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Introduction

Le couplage entre la lumière et la matière est au coeur de la physique quantique dès
son origine avec les travaux de M. Planck sur le rayonnement du corps noir ou encore
l’interprétation de l’effet photoélectrique par A. Einstein. La possibilité de contrôler les
propriétés d’un émetteur en modifiant son environnement électromagnétique [1] a depuis,
ouvert le domaine de l’électrodynamique quantique en cavité (CQED) [2]. Le confinement
de la lumière dans des cavités optiques a permis d’étudier l’interaction entre un mode de
cavité et un émetteur unique, ce qui a mené à la réalisation de grandes avancées en optique
quantique. La description théorique de cette interaction a été réalisée dès les années 1960 [3,4]
mais il faut attendre trente ans avant que le régime de couplage fort entre un atome unique et
un mode du champ électromagnétique soit atteint, d’abord dans le domaine micro-ondes [5],
puis dans le domaine optique [6]. Ce régime, particulièrement intéressant pour la CQED,
peut être quantifié par la coopérativité (C) entre le mode du champ et l’émetteur. Ce
paramètre clé compare le couplage cohérent entre le champ et l’émetteur (g), avec leur taux
de désexcitation incohérent respectif (κ et γ) : C = g2

2κγ
. Un système avec une coopérativité

supérieure à l’unité permet l’observation de phénomène propres à la physique quantique.
L’intérêt pour la CQED s’est vu encore amplifié par le développement, quelques années plus

tard, d’algorithmes particulièrement efficaces basés sur les lois de la physique quantique [7] ;
ce qui a ouvert de nouvelles perspectives avec le champ de l’information quantique [8].
Dans ce cadre, un émetteur solide possède quelques atouts par rapport aux atomes gazeux.

En effet, la manipulation de ces derniers reste contraignante contrairement aux émetteurs
solides qui gardent une position fixe. De façon plus générale, leur possibilités d’intégration
leurs confèrent un avantage certain pour de futurs applications à grande échelle. Évidemment
un émetteur solide présente aussi des inconvénients comme par exemple une décohérence
accrue par l’interaction avec son environnement. Au cours des années 2000, une coopérativité
supérieure à l’unité a aussi été observée, dans différents types de cavités avec des émetteurs
solides et en particulier avec des boîtes quantiques semi-conductrices. Ces dernières confinent
les porteurs sur des dimensions nanométriques et forment ainsi des « atomes artificiels ». Une
boîte quantique a pu être couplée fortement à un micro-pilier [9], à une cavité à cristaux
photoniques [10, 11] ou encore à un micro-disque [12]. Une grande coopérativité a aussi été
obtenue dans le domaine micro-ondes, avec un bit quantique (qubit) supra-conducteur couplé
à un résonateur formé par un guide d’onde coplanaire [13].

7
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Le régime de haute coopérativité permet d’étudier des effets non-classiques comme un laser
à un atome [14], le blocage de photon [15] ou la transparence induite par le vide [16]. Plus
généralement, la CQED permet d’étudier les aspects surprenants de la physique quantique
comme l’intrication, ou la décohérence, en formant des états non classiques comme par
exemple des « chats de Schrödinger » [17]. Le prix Nobel de physique 2012 a d’ailleurs
récompensé S. Haroche pour ses travaux dans le domaine de la CQED.
Parallèlement au développement de la CQED avec des émetteurs ponctuels, l’étude

d’émetteurs bi-dimensionnels comme les puits quantiques semi-conducteurs en micro-cavité
conduit à l’observation du dédoublement de Rabi par C. Weisbuch et al. [18], signant ainsi
l’acte de naissance des polaritons de micro-cavité. Ces quasi-particules issues d’un photon
et d’un exciton possèdent des propriétés particulièrement intéressantes, qui stimulent une
recherche active dans ce domaine. Leur caractère bosonique et leur très faible masse font
notamment d’eux de très bons candidats à la condensation de Bose-Einstein. Cette dernière
est observée en 1995 dans des gaz d’atomes alcalins dilués, par C. Wieman, E. Cornell et W.
Ketterle [19,20] lauréats du prix Nobel de physique 2001. La caractérisation des propriétés des
polaritons de micro-cavité [21], conduira à l’observation de la condensation de Bose-Einstein
de polaritons en 2006 [22, 23, 24, 25, 26]. L’étude des condensats présentera par la suite une
physique très riche avec l’identification de nombreux phénomènes comme, par exemple, un
écoulement superfluide [27], un spectre correspondant aux excitations de Bogoliubov [28,29]
ou encore l’observation d’oscillations Josephson [30], de vortex [31,32] ou de solitons [33].
Le condensat de polariton est en réalité un quasi-condensats (aussi appelé laser à

polariton [34, 35, 36]) car il n’existe pas de condensat de Bose-Einstein à l’équilibre
thermodynamique dans un système bi-dimensionnel. Pour se rapprocher d’avantage du
mécanisme de condensation initialement proposé par Bose et Einstein, plusieurs méthode
de confinement transverse des polaritons ont été développées. Il est en effet possible de
piéger les polaritons en utilisant la déformation provoquée par l’application d’une contrainte
sur l’échantillon [23], ou encore en utilisant les interactions répulsives entre excitons créés
optiquement pour limiter l’extension des polaritons [37,38,39]. Enfin, il est aussi possible de
confiner les polaritons en confinant le mode optique. Cela peut être réalisé par la formation
de plateaux dans les micro-cavités [40], en gravant une micro-cavité pour former un micro-
pilier [41], ou en plaçant les puits quantiques dans une cavité à cristaux photoniques [42].

La thèse présentée ici s’inscrit dans ce contexte et propose une nouvelle approche pour
étudier le couplage d’un mode optique à des hétérostructures semi-conductrices (boîtes et
puits quantiques) via une micro-cavité Fabry Perot fibrée (FFP). Ces micro-cavités ont été
développées dans notre groupe [43, 44], et ont permis d’atteindre le régime de couplage fort
avec un atome de Rubidium unique (C = 145), mais aussi l’obtention d’un condensat de
Bose-Einstein sur puce atomique [43], ainsi que la démonstration de mesures quantiques
non-destructives de l’état interne des atomes sans échange d’énergie [45].
Dans notre équipe, cette thèse est la première à appliquer cette technologie à l’étude

d’émetteurs solides. Pour ce faire, nous utilisons une micro-cavité FFP formée par un miroir
diélectrique courbe situé à l’extrémité d’une fibre optique qui fait face à un miroir plan
semi-conducteur coiffé par l’émetteur solide. Les propriétés des micro-cavités FFP comme
la finesse, le volume ou la taille du mode optique, sont particulièrement intéressantes
pour l’étude d’émetteurs quantiques en cavité tout en se révélant d’une grande flexibilité
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expérimentale. En effet, le fait que les deux miroirs de la cavité puissent être déplacés l’un
par rapport à l’autre, offre plusieurs avantages :
– l’échantillon peut être caractérisé dans un premier temps dans l’espace libre, avant de

s’intéresser à son couplage à la cavité,
– la cavité peut être directement centrée sur un émetteur ponctuel,
– le désaccord entre la cavité et l’émetteur peut être varié en changeant finement la

longueur de la cavité, ce qui permet d’étudier les propriétés d’un émetteur hors et à
résonance tout en restant sur le même point de l’échantillon (les propriétés de la matière
restent inchangées), et à la même température (les propriétés thermodynamiques restent
inchangées),

– le couplage g, le facteur de qualité et la taille transverse du mode de cavité peuvent
aussi être variés en changeant la longueur de cavité sur de grandes distances (> µm),

– enfin, le mode de cavité est directement couplé à une fibre optique, ce qui évite les
problèmes de collection de la lumière et permet de simplifier grandement le dispositif
cryogénique.

Avec ses nombreux paramètres ajustables expérimentalement, ce système offre la possibilité
d’explorer différents régimes de la CQED.
Le couplage à un émetteur ponctuel requiert un grand facteur de qualité et un petit

volume de mode [46]. Par construction et aux vues de leurs dimensions (le diamètre de
la fibre vaut 125 µm), les cavités FFP possèdent un volume de mode plus grand que les
dispositifs entièrement intégrés, cependant nous verrons que leurs facteurs de qualité élevés
permettent d’obtenir une coopérativité supérieure à l’unité pour le couplage à une boîte
quantique unique [47] contrairement aux tentatives précédentes de coupler un boîte quantique
à une cavité formée par deux miroirs indépendants [48, 49, 50]. La possibilité de déplacer le
mode de cavité afin que ce dernier soit centré avec l’émetteur ponctuel, tout en conservant la
possibilité d’ajuster la fréquence de la cavité est une aubaine étant donné les efforts consentis
par de nombreux groupes pour obtenir un recouvrement spatial et spectral important entre
un mode de la cavité et une boîte quantique [51,52,53,54,55,56,57,58].
Les micro-cavités FFP sont aussi adaptées à l’étude des polaritons confinés. Le rayon de

courbure du miroir fibré impose une taille transverse finie du mode de cavité de l’ordre de
quelques microns au niveau du puits quantique. Le mode de cavité réalise ainsi un piège
optique à excitons ajustable par contrôle de la longueur de la cavité.
Encore une fois, la flexibilité de la micro-cavité FFP peut être exploitée pour, par exemple,

augmenter le facteur de qualité de la cavité en allongeant cette dernière (Q > 200 000), le
temps de vie des photons dépassant alors les 100 ps. Dans les cavités solides intégrées, le
temps de vie des photons est généralement le facteur limitant le temps de vie des polaritons.
En augmentant ce dernier, les micro-cavités FFP permettent donc à priori de se rapprocher
des propriétés d’équilibre thermodynamique du système. La forte non-linéarité observée dans
la dépendance du signal de photoluminescence avec la puissance d’excitation correspond
d’ailleurs assez bien au diagramme de phase prédit par le modèle de Dicke à l’équilibre
thermodynamique [59,60].
Le confinement latéral est aussi idéal pour l’observation des effets dus aux interactions

entre polaritons [41]. Pour un système de polaritons très confinés dans une cavité de grand
facteur de qualité, un phénomène de blocage quantique de polaritons a même été prédit [61].
Dans cette perspective, les micro-cavités FFP se comparent favorablement aux micro-piliers
dont le facteur de qualité diminue fortement pour des diamètres inférieurs à 3 µm, à cause
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des pertes sur les bords de la structure [62,63].
Les résultats présentés dans cette thèse sont issus d’un travail mené en collaboration entre

Andreas Reinhard, Thomas Volz, Javier Miguel-Sánchez, Emre Togan et Atac Imamoglu à
l’ETH (Zürich) et Jérôme Estève, Jakob Reichel et moi même. Le manuscrit est composé de
5 chapitres, et 4 annexes.
Le premier chapitre décrit les propriétés des micro-cavités fibrées plan-concaves. Nous

détaillons les propriétés spatiales et spectrales des modes propres. Une boîte quantique est
notamment utilisée pour caractériser la dimension transverse du mode de cavité fondamental.
Nous précisons aussi le couplage entre le mode de cavité et la fibre optique ainsi que les
différents mécanismes de pertes pouvant intervenir. Enfin, nous mesurons le temps de vie
d’un photon dans la cavité et la finesse de cette dernière.
Dans le deuxième chapitre, nous développons les principaux modèles utilisés en CQED

qui nous permettront par la suite d’interpréter les résultats expérimentaux. Nous définissons
les régimes de couplage faible et fort et nous montrons qu’à faible intensité la signature du
couplage d’une boîte ou d’un puits quantique observable par des mesures spectroscopiques
est la même. La différence réside dans la valeur de la constante de couplage qui est évaluée
pour les deux émetteurs à l’aide de simulation par matrice de transfert pour tenir compte
de la pénétration du champ dans les couches.
Le chapitre III présente les résultats obtenus avec un puits quantique en cavité dans

le régime de faible excitation. Le montage expérimental est décrit et nous présentons les
montages optiques de photoluminescence et d’excitation résonante. Nous caractérisons les
propriétés des polaritons confinés dans une micro-cavité FFP, notamment la valeur du
paramètre de couplage g en fonction de la longueur de la cavité. Des mesures en excitation
résonante nous permettent de comprendre le rôle joué par le désordre dans l’échantillon, et
d’expliquer la largeur inhomogène observée.
Le chapitre IV décrit, quant à lui, le couplage d’une boîte quantique à une micro-cavité

FFP. Nous détaillons notamment la structure de l’échantillon qui permet de contrôler l’état
de charge de la boîte quantique. Nous verrons que le système est entièrement ajustable et
que sa coopérativité dépasse l’unité, faisant de ce système un candidat parfaitement adapté
pour de nombreuses applications en CQED.
Le dernier chapitre présente la dépendance des propriétés d’un puits quantique dans une

cavité FFP avec la densité de porteurs. Nous nous intéresserons notamment à la très forte
non-linéarité observée dans le signal de photoluminescence quand la puissance d’excitation
augmente. Nous exposerons un modèle utilisé par P.B. Littlewood et ses collègues pour
décrire les propriétés des polaritons désordonnés au-delà du régime linéaire. Nous verrons
que ses prédictions sont en bon accord avec les décalages en fréquence observés dans le
système avec la puissance d’excitation. Nous nous intéresserons pour finir, aux signatures
des interactions entre polaritons dans une micro-cavité FFP.
Une description précise et détaillée du processus de fabrication des miroirs à l’extrémité

d’une fibre optique par ablation laser, ainsi que les méthodes utilisées pour caractériser les
géométries créées sont présentées en annexe A. L’annexe B explique, quant à elle, comment
nous déterminons la longueur de la cavité à partir de mesures spectrométriques. L’annexe
C présente les détails de calcul du paramètre de couplage entre un puits quantique et la
micro-cavité fibrée. Enfin, sont regroupés dans la dernière annexe les résultats préliminaires
concernant les interactions entre polaritons ainsi que les premières mesures relatives au
blocage quantique de polaritons.



CHAPITRE I

Propriétés des micro-cavités Fabry Perot fibrées plan concave

Les micro-cavités Fabry Perot fibrées ont déjà été utilisées avec succès dans le domaine
des atomes froids et ont notamment permis la réalisation de condensats de Bose Einstein
sur puce au sein de notre groupe [43]. Les hautes finesses atteintes dans ces cavités Fabry
Perot (FFP) permettent d’effectuer des mesures quantiques non destructives d’états internes
atomiques [45] et ouvrent la voie vers des calculs quantiques sur puce. Récemment ces cavités
fibrées se développent dans le domaine des ions [64], de l’opto-mécanique [65], ou encore pour
le couplage à des centresNV dans le diamant. Comme nous le verrons dans la suite, les micro-
cavités Fabry Perot se révèleront être parfaitement adaptées à l’étude d’émetteurs solides en
cavité comme les boîtes et puits quantiques semi-conducteurs.
La méthode de fabrication de miroirs au bout d’une fibre optique se décompose en deux

temps. Par ablation laser, nous créons une surface concave sur laquelle est ensuite déposé un
traitement réfléchissant diélectrique. Les détails de la fabrication sont décrits dans l’annexe
A. La caractérisation de la géométrie des miroirs fibrés obtenus y est aussi présentée (cf.
§A.2). Cette dernière va nous permettre de modéliser les modes propres de la cavité FFP.
Nous présenterons des mesures pour des cavités formées par 2 miroirs fibrés (cavité fibre-
fibre FF) afin de caractériser ces derniers ; mais nous nous intéresserons en particulier, à
la géométrie plan-concave où la cavité est formée d’un miroir fibré et d’un miroir plan (cf.
figure I.1). En effet cette géométrie est spécialement appropriée à l’étude d’émetteurs solides
car il est possible d’intégrer directement les émetteurs dans le miroir plan.
La caractérisation expérimentale des cavités FFP nous renseignera sur des propriétés

essentielles comme la distribution spatiale des modes ; nous mesurerons par exemple la taille
transverse de ces derniers au niveau de l’émetteur. Nous décrirons aussi les conditions de
résonance de la cavité et préciserons ses propriétés spectrales, notamment le temps de vie
d’un photon dans une cavité FFP.
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I.1 Modes propres de la cavité Fabry Perot fibrée
En plaçant deux miroirs face à face, une cavité est formée si des modes de la lumière,

isolés de l’extérieur, peuvent s’établir dans la cavité. Dans un premier temps, nous allons
nous intéresser aux propriétés de résonance de ces modes de cavité, avant de caractériser
leurs propriétés spatiales.

Figure I.1 – Schéma d’une cavité fibrée plan concave. La fibre a un diamètre de 125 µm et
le rayon de courbure au centre du miroir vaut 100 µm.

I.1.1 Condition de résonance

La résonance d’une cavité est caractérisée par une relation liant la longueur d’onde de la
lumière et la longueur de la cavité de sorte qu’une interférence constructive puisse s’établir
dans la cavité. Le mode résultant est un mode propre de la cavité, c’est à dire qu’après
propagation de l’onde sur un aller-retour dans la cavité, le champ revient en phase avec lui
même.
Nous considérons ici une cavité formée par deux miroirs idéaux 1 ayant pour coefficient de

réflexion r1,2 =
√
R1,2 exp iϕ1,2 qui sont alignés et séparés par une distance géométrique L.

Si les miroirs ne possèdent pas de courbure, le Fabry-Pérot plan-plan ainsi formé présente
des modes propres d’ondes planes stationnaires. Les conditions aux limites sur les miroirs
imposent une quantification des fréquences de résonance qui sont espacées de q c

2L
, où q est

le nombre entier de demi-longueur d’onde dans la longueur de la cavité et où c
2L

représente
l’intervalle spectral libre séparant les différents modes longitudinaux indexés par q.
La courbure d’un des miroirs provoque une courbure du front d’onde des modes propres

de la cavité. Le miroir sphérique impose en effet un confinement transverse (selon (x, y)),

1. La pénétration du champ dans les miroirs est ici prise en compte par l’intermédiaire de la phase de
réflexion des miroirs ϕ1,2.
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qui correspond à deux nombres quantiques transverses (m,n) supplémentaires pour décrire
un mode propre de la cavité.

I.1.1.a Modes de Hermite-Gauss

Les faisceaux gaussiens [197] sont solution de l’équation de Helmoltz paraxiale et décrivent
la propagation de la lumière issue d’un laser. L’énergie se déplace le long d’un axe et le front
d’onde possède une courbure. Dans le cadre de l’approximation paraxiale 2 et en considèrant
que le miroir fibré est sphérique, les modes propres qui s’établissent dans la cavité sont
gaussiens. Nous adoptons la notation usuelle TEMqmn rappelant la structure transverse
électromagnétique de l’onde dans le vide et le champ électrique s’écrit :

~Eq,m,n = Em(x, z)En(y, z)Zq(z)~ε, (I.1)

où Em(x, z) = Km e
− x2

w(z)2 Hm

(√
2x

w(z)

)
e−i kx2

2Rx(z) eiζm(z), (I.2)

et où Zq ∝ e±ikz traduit la dépendance longitudinale, ~ε est la polarisation du champ,

Hm est le mième polynôme de Hermite 3, et K2
m =

√
2
π

1
2mm!w(z)

est une constante assurant
la normalisation du champ transverse :

∀z
∫ +∞

−∞
dl|Em(x, z)|2 = 1, où l = x, y. (I.3)

Les paramètres géométriques du mode gaussien évoluent le long de l’axe z qui est défini à
partir de la position du waist de la cavité w0,l :
– la taille transverse du faisceau le long de l’axe vaut :

wl(z) = w0,l

√
1 + (

z

zlR
)2 (I.4)

– la courbure du front d’onde dont le rayon vaut :

Rl(z) = z

(
1 + (

zlR
z

)2

)
(I.5)

– la phase de Gouy du mode vaut :

ζ lm(z) = (m+
1

2
) arctan

(
z

zlR

)
. (I.6)

La longueur de Rayleigh du mode vaut zlR =
πw2

0,l

λ
, la longueur d’onde dans le milieu est

notée λ et k = 2π
λ

est le nombre d’onde. Le waist et sa position (ici choisie comme origine
de l’axe z) déterminent entièrement à eux seuls la famille de modes TEMqmn.

2. Les variations spatiales de l’amplitude du champ selon l’axe de la cavité sont très faibles en comparaison
des variations de la phase du champ.

3. Par définition : Hm(X) ≡ (−1)m expX2 ∂m

∂Xm exp−X2.
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La phase acquise à la réflexion par le miroir elliptique dans l’approximation de phase mince
vaut : kx2

Rx + ky2

Ry − ϕ2 où Rx,Ry sont les rayons de courbures dans les axes de l’ellipse. La
phase acquise à la réflexion du miroir plan vaut −ϕ1.
La condition de résonance hors axe traduit le fait qu’un mode de cavité ne peut être stable

que si l’accord entre les rayons de courbure du mode et des miroirs correspondent en z = 0,
et en z = L. La première condition situe le waist sur le miroir plan (courbure nulle) et la
seconde Rx,y(L) = Rx,y, détermine la valeur du waist de la cavité :

w0x,y =
√
λ/π (L(Rx,y − L))1/4 . (I.7)

Le rayon de courbure du miroir fibré et la longueur de la cavité déterminent le waist de la
cavité (et donc les modes propres) ainsi que son domaine de stabilité ; la cavité sera stable
pour une longueur L < min(Rx,y). Ce critère doit être pris en compte lors de la fabrication
des miroirs fibrés, notamment si une cavité longue est désirée. La figure I.2 présente la
variation de la taille transverse et du rayon de courbure du front d’onde des modes propres
le long de l’axe de la cavité.
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Figure I.2 – Schéma d’une cavité
fibrée plan concave. Un miroir plan
(z = 0) et un miroir sphérique
(miroir gaussien) de rayon R =
50 µm sont repérés par les courbes
continues (en pointillé) noires et sont
séparés de L = 45 µm. Le rayon
transverse minimal du mode (waist)
vaut w0 = 2,1 µm.

I.1.1.b Condition de résonance sur l’axe de la cavité

La condition de résonance sur l’axe nous renseigne sur les propriétés longitudinales des
modes propres ainsi que sur leurs fréquences de résonance. La phase acquise par l’onde après
un aller-retour dans la cavité doit être nulle :

∆φ = 2πq , avec q ∈ Z

La condition de résonance sur l’axe de la cavité s’écrit :

2kL− 2(m+
1

2
)ζ(L/Rx)− 2(n+

1

2
)ζ(L/Ry)− ϕ1 − ϕ2 = 2πq,

avec ζ(L/R) = arccos
√

1− L/R et q ∈ Z, (I.8)
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où q représente le nombre de demi-arches du champ électrique longitudinal et ζ représente
la levée de dégénérescence des différents modes transverses (m,n).
Les fréquences de résonance des modes des micro-cavités FFP sont donc données par :

νqmn =
c

4πL
(2πq + (2m+ 1)ζ(L/Rx) + (2n+ 1)ζ(L/Ry) + ϕ1 + ϕ2) . (I.9)

Comme dans le cas d’un Fabry-Pérot plan-plan les différents modes longitudinaux sont
séparés par un intervalle spectral libre ( c

2L
), mais ici les différents modes transverses

s’intercalent avec une différence de fréquence qui dépend du rapport L/R.

I.1.1.c Spectre de la micro-cavité fibré plan-concave

Un spectre de cavité peut s’obtenir en mesurant la transmission ou la réflexion tout en
variant la longueur de la cavité ou la longueur d’onde de la lumière couplée à la cavité.

Miroir	 plan

3D	 Piézo

Photodiode

Fibre

Figure I.3 – Àgauche : une fibre de 125 µm de diamètre est approchée de la surface
d’un miroir plan. À droite : schéma simplifié de la cavité FFP. La longueur de la cavité
est ajustable sur tout son domaine de stabilité, et une photodiode permet de mesurer la
transmission. Pour plus de détails se reporter au montage expérimental décrit §III.1

L’extrémité de la fibre optique dotée d’un miroir est fixée face à un miroir plan 4 (cf.
figure I.3). L’autre extrémité de la fibre permet le couplage de la lumière d’un laser dans la
cavité. Un piézo-électrique permet de changer la longueur de la cavité, et une photodiode
derrière le miroir plan permet de mesurer la transmission. La longueur de la cavité FFP est
donc facilement ajustable, elle peut être balayée précisément et grâce à une technologie de
collé-glissé elle peut aussi être variée sur de grandes longueurs (∼ qq mm). Cette flexibilité
expérimentale nous sera très utile par la suite. Nous allons voir que les propriétés spectrales
nous permettent de déterminer ce paramètre libre.

4. Miroir Laser Layertec HR 108198.
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Variation de la longueur de la cavité

La figure I.4 présente la transmission d’une cavité FFP plan concave lorsqu’on varie la
longueur de la cavité en gardant la longueur d’onde d’excitation inchangée λ0. Le spectre
laisse apparaître deux modes longitudinaux consécutifs (q, q + 1) et leurs modes transverses
consécutifs. La fibre utilisée ici est multimode et permet donc le couplage de la lumière à de
nombreux modes transverses (cf. §I.2).{ {q q+1

0

1

2
3

4
56

Figure I.4 – Transmission d’une cavité plan concave avec une fibre optique multimode. La
longueur d’onde vaut λ0 = 888,5 nm. Deux modes longitudinaux consécutifs sont visibles,
indexés par q et q + 1. Pour chacun d’eux on observe à peu près 15 modes transverses, les
premiers étants repérés par la somme (n+m).

Les deux TEM00 consécutifs (modes d’amplitude maximum sur la figure I.4) sont séparés
d’une distance connue permettant de calibrer le mouvement du piézoélectrique :

Lq+1,00 − Lq,00 ' λ0/2. (I.10)

Les modes transverses sont en première approximation régulièrement espacés et les
multiplets (m,n) tels que la somme m + n est constante, sont ici dégénérés. L’écart en
distance entre mode transverses successifs vaut :

Lq,00 − Lq,01 '
λ0

2π
ζ(L/R). (I.11)

Ceux-ci nous permettent d’obtenir une estimation de la longueur de la cavité à partir du
rayon de courbure du miroir R :

L ' R sin2(2π∆L/λ0). (I.12)
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Variation de la longueur d’onde d’excitation ou d’émission
Lorsque la longueur d’onde du laser est changée tout en gardant la longueur de la cavité
fixe L0, on obtient un spectre équivalent. Il est aussi possible d’obtenir des informations
sur les propriétés de la cavité à l’aide d’un spectre de photoluminescence (cf. §III.1.3.a). Un
émetteur solide faiblement couplé à la cavité excité de façon non résonante va émettre des
photons dans les modes de la cavité (cf. figure I.5).

q+1 q
0 0

1 1

2 2

Figure I.5 – Photoluminescence d’une cavité plan concave contenant des boîtes quantiques.
Ici la cavité est formée à l’aide d’une fibre monomode, et seuls 3 modes transverses sont
visibles. La longueur de la cavité est fixe L0 = 49 µm. Une couche de boîtes quantiques à
haute densité a été introduite dans la cavité, et est excitée à 780 nm (cf. §IV.1).

La différence de longueur d’onde entre 2 modes longitudinaux peut être reliée à l’intervalle
spectral libre (différence des fréquences) et nous permet de déterminer la longueur de cavité :

fsr =
c

λq+1,00

− c

λq,00

=
c

2L0

. (I.13)

L’espacement entre modes transverses nous renseigne sur le rayon de courbure du miroir
fibré :

∆λ = λq,00 − λq,01 =
λ00λ01

2πL0

ζ(L0/R). (I.14)

Dans ce paragraphe la dépendance en longueur d’onde des phases des miroirs est négligée,
cependant nous verrons qu’il est important de la prendre en compte dans le cas des cavités
courtes (cf. Annexe B ).

I.1.1.d Ellipticité et biréfringence

Si la résolution des spectres est augmentée, on découvre alors que les différents modes
identifiés possèdent une structure interne. La figure I.6 (à gauche) présente les premiers modes
transverses, et l’on constate, par exemple, que l’on peut résoudre les énergies de résonance des
modes TEM02, TEM11 et TEM20. La levée de dégénérescence des modes transverses TEMmn
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de somme m+ n constante est due à l’ellipticité du miroir (cf. équation I.9). Les axes (x, y)
auxquels correspondent les nombres quantiques (m,n) sont les axes propres de l’ellipse du
miroir fibré. Le couplage des modes transverses dépend de facteurs géométriques et de la
nature de la fibre (monomode ou multimode). Ici, l’amplitude du TEM01 est supérieure à
celle du TEM10, et il en est de même pour le multiplet m+ n = 2.

0001

10

02

11
20

Figure I.6 – À gauche : Transmission d’une cavité plan concave formée par un miroir
plan semi-conducteur et une fibre optique monomode, dont la longueur est balayée autour de
4,4 µm. La longueur d’onde vaut λ0 = 909 nm. À droite : la transmission d’une cavité dont
la longueur d’onde d’excitation est balayée, laisse apparaître les deux modes de polarisation
d’un TEM00, présenté avec leur ajustement lorentzien, et séparés de 0,22 nm ≡ 144 µeV.

Chacun de ces modes est en fait constitué de deux modes de polarisations. Cette levée
de dégénérescence en polarisation est due à la légère biréfringence des miroirs. En effet
contrairement à un miroir métallique nous verrons au §II.4.1 que le champ pénètre dans
les premières couches du miroirs pendant sa réflexion et est ainsi sensible à la biréfringence
présente dans les empilements de couches. La prise en compte de la biréfringence mène à
deux modes propres de polarisations linéaires perpendiculaires entre elles.
Une différence d’indice entre les deux polarisations dans le traitement réfléchissant conduit

à un décalage en phase δ et donc à une fréquence de résonance différente. La séparation en
fréquence s’exprime à partir du décalage en phase par ∆ν = δ

2π
c

2L
.

La biréfringence mesurée pour des cavités formées avec deux miroirs fibrés est de l’ordre
de 5 δ ' 0,2 mrad. Pour une cavité formée avec un miroir fibré et un miroir de Bragg
constitué par une alternance de couches semi-conductrices, la biréfringence est bien plus
élevée : δ ' 10 mrad, traduisant probablement de la tension (« stress ») dans les couches.
Nous travaillons avec des fibres optiques qui ne sont pas à maintien de polarisation, ainsi

en changeant la polarisation de la lumière à l’entrée de la fibre optique, il est possible de
compenser l’effet de la fibre sur la polarisation. Cela permet de contrôler et d’ajuster le poids
respectif des deux polarisations, avec une stabilité satisfaisante.

5. La biréfringence dépend aussi de l’angle que forment les axes propres (lent ou rapide) des deux miroirs
entre eux.
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I.1.2 Distribution transverse de l’intensité du champ

Afin de caractériser plus avant les modes propres de la micro-cavité FFP, nous allons nous
intéresser à la répartition transverse de l’intensité. Nous présenterons dans un premier temps
des images de la transmission de la cavité ; puis à l’aide d’un émetteur couplé à la cavité,
nous mesurerons le diamètre du mode de cavité fondamental.

I.1.2.a Profil transverse des modes de Hermite-Gauss

Afin d’observer la géométrie des modes d’une cavité FFP plan concave, on forme une
cavité avec un miroir fibré et un miroir plan et l’on observe la transmission de la cavité à
l’aide d’une caméra 6. L’alignement de la cavité est effectué grâce à une monture 7 qui permet
une rotation autour du centre du miroir sans que ce dernier se déplace. La fibre est placée
sur une platine de translation et la longueur de la cavité peut être contrôlée à l’aide d’un
piézo-électrique. En balayant la longueur de cavité, les différents modes transverses entrent
successivement en résonance et l’on peut les identifier à l’aide de leur énergie de résonance
(cf. figure I.7).
L’intensité associée au mode de Hermite-Gauss (m,n) vaut d’après l’équation I.2 :

Imn(x, y) ∝ EmnE
∗
mn ∝ Hm

(√
2x

w

)2

Hn

(√
2y

w

)2

exp−2
x2 + y2

w2
. (I.15)

Le mode fondamental possèdent un profil gaussien, et les modes d’ordre supérieur (m,n)
possèdent m zéros dans la direction x et n zéros dans la direction y. La rupture de la
symétrie cylindrique provient de l’ellipticité du miroir fibré qui lève la dégénérescence entre
les modes de somme m+ n constante. Le profil transverse de l’intensité des modes observés
ne correspond pas à ceux de Laguerre-Gauss à symétrie cylindrique, mais bien à ceux de
Hermite-Gauss.

I.1.2.b Mesure du waist du mode in situ

Comme nous le verrons dans la suite le couplage d’un émetteur solide à la cavité FFP
est réalisé à 4 Kelvin afin de réduire l’agitation thermique (phonons) dans le solide. Pour
caractériser précisément la taille transverse du mode in situ, nous utilisons un émetteur
ponctuel comme source de lumière. Une boîte quantique (QD) placée au dessus d’un DBR
semi-conducteur, nous permet de mesurer de la taille du mode par l’intermédiaire de son
couplage à la cavité. Les QDs en InGaAs auto-assemblées ont une répartition spatiale
et spectrale aléatoire (cf. §IV.1). La répartition spectrale aléatoire nous permet d’isoler
spectralement l’émission d’une QD unique dans le signal de photoluminescence collecté par la
fibre. Par construction, les cavités FFP nous permettent de nous affranchir de la répartition
spatiale aléatoire des QDs en déplaçant transversalement un miroir par rapport à l’autre.
Il est ainsi possible de maximiser le couplage à un émetteur ponctuel unique, en centrant
directement la cavité autour de ce dernier.
Nous détaillerons plus loin (cf. §IV.1) les propriétés de l’émetteur, son couplage à la cavité,

et le montage expérimental permettant une telle mesure. Mais en excitant les QDs hors

6. Hitachi KPM1, 768(H) × 493(V) pixels d’une taille de 11(H) × 13(V) µm.
7. Monture type « Gimbal » Suprema 100 TPI.
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Figure I.7 – Distribution spatiale des modes transverses d’une cavité FFP. De haut en bas
et de gauche à droite, on présente les images prises à la caméra des modes TEM00, TEM01,
TEM10,TEM11, TEM20, et TEM30. L’ellipticité apparente provient de l’asymétrie entre la
taille des pixels horizontaux et verticaux de la caméra.



22 Propriétés des micro-cavités Fabry Perot fibrées plan concave

résonance à 780 nm au dessus de leur puissance de saturation, nous pouvons considérer que la
photoluminescence de la QD est constante lorsque cette dernière se déplace à travers le mode
de cavité. La photoluminescence collectée par la fibre traduit le couplage de l’émetteur au
mode de cavité (cf. §II.20). Ce dernier étant proportionnel au champ au niveau de l’émetteur
(cf. §II.3.3), une coupe transverse nous donne directement accès à la taille transverse du mode
w. La figure I.8 présente une coupe transverse pour le TEM00 et des modes d’ordre supérieur.

Figure I.8 – À gauche : Intensité de la photoluminescence d’une QD unique (à 975 nm)
à 4 K, lors d’un déplacement transverse du DBR semi-conducteur par rapport au miroir au
bout d’une fibre optique monomode. Un piezo-électrique permet un déplacement transverse
d’un miroir par rapport à l’autre. Le profil du TEM00 (points rouges) est ajusté par une
gaussienne de demi-largeur à 1/e2 : w0 = 2,7 µm (ligne noire). Les cercles noirs et bleus
sont des coupes de modes d’ordre supérieur. La longueur de la cavité est modulée à 4 Hz,
autour de 16 µm avec une amplitude de modulation autour de 60 nm (cf. à droite). La
couche de QDs en InGaAs, représentée en jaune, est prise dans une couche de GaAs de
longueur optique λ0 = 970 nm. Le DBR est constitué de 28 paires de GaAs/AlAs.

Le déplacement transverse mène à un léger changement de la longueur de cavité, cette
dernière doit être alors modulée pour maintenir la résonance avec la QD.
Le waist mesuré vaut ici w0 = 2,7 µm. La longueur de cavité (cf. Annexe B) et le rayon

de courbure du miroir fibré valent : L = 16 µm et R = 75µm. La valeur attendue pour
le waist selon la formule I.7) vaut 3,1 µm. L’incertitude expérimentale principale est due à
l’étalonnage du piézoélectrique dans la direction transverse et peut expliquer la différence
entre la valeur mesurée et la valeur attendue.
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Volume de mode
Cette mesure nous permet de faire une première estimation du volume de mode dans
une cavité FFP, qui est un paramètre important pour l’étude d’émetteurs en cavité. Nous
définissons le volume modal Vm comme [66] :

Vm =

∫
d~r| ~E(~r)|2
| ~E(~rmax)|2

=
π

4
w2

0L =
λ

4
L3/2
√
R− L, (I.16)

où ~rmax est la position d’un maximum du champ. Cette expression sera corrigée par la suite
pour tenir compte de la pénétration du champ dans les couches, mais permet déjà d’obtenir
un ordre de grandeur des volumes de mode atteignable par les cavités FFP. À 900 nm, pour
un rayon de courbure de 50 µm et une longueur de cavité de 1 µm, Vm = 1,6 µm3.
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I.2 Couplage à la cavité fibrée et pertes géométriques

Le couplage à la cavité FFP se fait par l’intermédiaire de la fibre optique ce qui présente
de nombreux avantages.En effet, le couplage à la cavité est élevé, stable dans le temps, et
ne nécessite pas d’adaptation de mode. De plus, un dispositif fibré permet de coupler de
la lumière dans la cavité sans avoir par exemple de fenêtre optique, facilitant grandement
le dispositif cryogénique. Le couplage entre le mode de la fibre optique et les modes de
cavités dépend évidemment de la nature de la fibre monomode ou multimode mais aussi de
la géométrie de la face de la fibre et de l’angle entre les miroirs.

Après avoir précisé le couplage entre le mode de la fibre et le mode de la cavité, nous
décrirons les pertes géométriques propres aux micro-cavités FFP.

I.2.1 Fibre multimode et monomode

Les fibres multimodes (MM) que nous utilisons possèdent un coeur de 50 µm. La lumière
est guidée dans ces 50 µm et la face de sortie d’une fibre multimode présente en général une
superposition aléatoire de tous les modes supportés par la fibre [67]. L’injection de la lumière
dans un mode de cavité précis à l’aide d’une fibre optique MM, est possible en contrôlant
l’injection de la lumière dans la fibre [68], la température et les efforts appliqués tout au long
de la fibre [69]. Cependant ceci est très exigeant expérimentalement et la stabilité temporelle
n’est pas satisfaisante. En général, les modes de cavités transverses jusqu’à m+ n ∼ 15 sont
peuplés par une injection avec une fibre MM, avec un amplitude décroissante (cf. figure I.4).

Cependant, comme les fibres MM guident un grand nombre de modes sur lesquels
le mode de cavité peut se décomposer, l’efficacité d’extraction s’approche de 1. En
effet, le facteur limitant le couplage de sortie est l’ouverture numérique de la fibre MM
NA = sin θacc = 0,15, où θacc est l’angle d’acceptance de la fibre. Le couplage entre un
mode de la cavité et l’ensemble des modes supportés par la fibre multimode est proche de 1,
tant que la divergence du mode de cavité θ0 = λ/πw0, reste inférieur à θacc. Cette condition
impose un waist w0 ≥ λ

πθacc
≥ 1,9 µm dans la limite des cavité longue uniquement. Cette

condition ne sera pas restrictive pour la suite.

Les fibres MM sont donc particulièrement indiquées pour les expériences de
photoluminescence pour lesquelles seul le couplage de sortie des fibres est utilisé.
Cela assure une efficacité de collection quasi-parfaite en éliminant les pertes de couplage à
la cavité.

Pour les fibres monomodes (SM), le couplage entre le mode de cavité et le mode de
la fibre est symétrique en entrée/sortie. Il peut être évalué en considérant que le mode qui
quitte la fibre est gaussien [70] avec une taille transverse : wf = 3,5 µm. Le rayon de courbure
du front d’onde après l’interface sphérique est donné par : Rf = R/(nf − 1), où R est le
rayon de courbure du miroir et nf l’indice de la fibre. Ceci permet de déterminer la position
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zf0 du waist wf
0 , à partir des formules I.4 et I.5 8. Le mode de cavité est caractérisé par son

waist w0 situé en z0 = 0 En considérant que les modes sont alignés, le couplage en puissance
au mode TEM00 vaut [71] :

ε =
4(

wf0
w0

+ w0

wf0

)2

+
(z0−zf0 )2

zRz
f
R

, (I.17)

où zfR =
πwf0

2

λ
et zR =

πw2
0

λ
sont les longueurs de Rayleigh du mode quittant la fibre, et du

mode de cavité, respectivement.
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Figure I.9 – À gauche : le mode quittant la fibre (pointillés bleus) et le mode de la cavité
(lignes rouges) sont représentés pour une longueur de cavité de 40 µm et un rayon de courbure
de 50 µm. À droite : Deux évaluations de la formule I.17 pour le couplage en fonction de
la longueur de la cavité pour R = 50 µm (courbe bleue) et R = 150 µm (courbe verte). Les
autres paramètres étant λ = 900 nm, wf = 3,5 µm, et nf = 1.54.

Le couplage au mode de la cavité est élevé pour des miroirs de grands rayons de courbure
et diminue avec ce dernier. Il existe une longueur optimale pour laquelle le couplage est
maximal. Lors de l’injection d’un mode TEM00 de la cavité à partir d’une fibre SM, la
puissance couplée au mode vaut ηcεPinc, où Pinc est la puissance incidente sur la fibre, et ηc
représente le couplage dans la fibre optique. Ce dernier peut être mesuré en sectionnant la
fibre après injection, et vaut typiquement ηc = 0,80−0,85. La fraction ηc(1−ε)Pinc se couple
aux modes d’ordres supérieurs. Comme nous allons le voir, cette fraction peut cependant
augmenter si les deux modes ne sont pas parfaitement alignés.

8. Le waist du mode quittant la fibre et sa position sont donnés par :

wf
0 =

wf√
1 +

(
zf

R

Rf

)2
, et zf

0 = L+
(zf

R)2

Rf

(
1 +

(
zf

R

Rf

)2
) .
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I.2.2 Centrage de la structure et angle entre les miroirs

Dans un premier temps, nous considérons le couplage εd au mode de cavité formé par
un miroir dont la structure est excentrée par rapport au mode de la fibre, leurs axes étant
séparés d’une distance d (cf. figure I.10) [71] :

εd = ε e−(d/de)2

, où d2
e =

2

ε (1/wf
0

2
+ 1/w0

2)
. (I.18)

L’évaluation de l’excentrage de pour lequel le couplage tombe à 1/e vaut 3,4 µm, pour
L = 20 µm, et R = 50 µm. et varie peu. La précision expérimentale sur le centrage est de
l’ordre du micron (cf. A.1.2.c), ce qui permet d’obtenir de bons couplages à la cavité.

Figure I.10 – Le mode quittant la fibre (pointillés bleus) et le mode de la cavité (lignes
rouges) sont représentés pour une longueur de cavité de 40 µm et un rayon de courbure
de 50 µm. L’axe du mode de cavité (pointillés rouges) et l’axe de la fibre (pointillés bleus)
forment un angle (θ). La structure est excentrée par rapport au coeur de la fibre d’une distance
d (distance entre les axes quand θ = 0).

La cavité formée par un miroir plan et un miroir sphérique soutient les mêmes modes de
cavité, peu importe l’angle θ formé par la normale au miroir plan et l’axe de la fibre. Dans
la limite des petits angles, le couplage a une dépendance gaussienne avec cet angle [71] :

εθ = ε e−(θ/θe)2

, où θ2
e =

2

π2ε ((wf
0/λ)2 + (w0/λ)2)

. (I.19)

L’angle θe pour lequel le couplage chute à 1/e de la valeur pour θ = 0 est supérieur à 5◦,
il augmente pour les cavités courtes, et diminue pour des rayons de courbure élevés. Pour
la première version de l’expérience, nous avons décidé de ne pas utiliser d’ajustement de
l’angle entre les miroirs dans le dispositif expérimental. L’alignement est réalisé en collant
la fibre optique sur une puce en silicium présentant des cannelures en forme de V 9, elle
même collée sur une pièce métallique assurant la verticalité de la fibre. Le miroir plan est
collé sur un support fixé sur des positionneurs piézo-électriques. L’ajout d’un goniomètre
piézo-électrique pour maximiser le couplage vis-à-vis de l’angle peut être facilement intégré
au montage expérimental actuel. .

9. Silicon V-groove AMS technologies de référence VGC-4-250-10.4-7.8-1.
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I.2.3 Pertes géométriques

Contrairement au couplage vers l’extérieur de la cavité décrit précédemment, les pertes
que subit le mode de cavité interviennent à chaque réflexion de la lumière sur les miroirs et
rentrent en compte dans la détermination de propriétés essentielles comme la finesse ou le
temps de vie des photons. Nous décrivons ici les pertes purement géométriques.
Les effets de taille finie des miroirs ne sont pas négligeables pour les micro-cavités fibrés.

En effet, les miroirs fibrés possèdent une structure convexe au delà du diamètre 2σ ∼ 5− 60
µm (cf. A.2.2.c). Pour estimer ces pertes géométriques nous considérons qu’à chaque réflexion
la partie du mode gaussien qui dépasse le diamètre du miroir est perdue pour le mode de
cavité (clipping loss). L’effet de taille finie d’un miroir sphérique n’a cependant pas de réelle
influence sur la structure transverse des modes. Une simulation du type Fox et Li [72],
permet de suivre la dynamique du mode de cavité, et la structure du mode propre de la
cavité. La prise en compte des pertes dues aux effets de taille finie des miroirs fait converger
la simulation vers un mode en parfait accord avec le mode gaussien TEM00 de waist prédit
par la formule I.7 (cf. figure I.11).

2.1.2 Le mode de cavité

Une simulation du type «méthode de Fox et Li» permet de simuler la propaga-
tion du faisceaux dans la cavité et ainsi d’avoir accès au mode de cavité en prenant
en compte les effets de taille finie des miroirs.

Le programme 3 simule donc les aller-retours de la lumière dans la cavité. On
injecte un champ aléatoire dans la cavité puis pour chacun des aller-retours les
opérations suivantes sont effectuées :

– Propagation libre sur une distance L (multiplication par un facteur de phase

exp(−i
(k2

x+k2
y)L

2k0
) dans l’espace de Fourier) ;

– Effet de diaphragme du miroir sphérique (multiplication par une fonction
non nulle sur un diamètre D) ;

– Effet de phase du miroir sphérique (multiplication par un facteur de phase

exp(−i
k0(r2

x+r2
y)

R
)).

Avec un tel programme il est possible de suivre la dynamique du champ dans la
cavité. Ce dernier converge assez rapidement (� 200 aller-retours) vers le mode de
cavité figure 7 (les pertes sont les plus faibles pour le mode fondamental).

Figure 7 – Intensité du mode de cavité obtenu pour R = 40µm, L = 3µm
et D = 10µm. L’ajustement gaussien 1D se superpose parfaitement au mode de
cavité obtenu numériquement pour un waist de 1.617µm en accord parfait avec la
formule 1.

Les résultats obtenus valident l’approche gaussienne pour cette gamme de pa-
ramètres 4. Cependant cette méthode ne nous fournit pas seulement le waist, mais

3. Je remercie M. Joffre pour m’avoir fourni la base de ce programme en Matlab.
4. Les résultats diffèrent de 2 nm pour R = 40, L = 1 et D = 10 µm.
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Figure I.11 – Simulation de type Fox et Li avec effet de taille finie des miroirs. Le mode
fondamental (à gauche) est gaussien (à droite) avec un waist w0 = 1,617 µm pour un diamètre
de miroir de 10 µm, R = 40 µm, L = 3 µm et λ = 780 nm.

Les pertes géométriques en intensité s’expriment à partir du demi-diamètre du miroir σ
et de la taille du mode sur le miroir fibré w comme :

Lclip = e−2( σ
w

)2

(I.20)

Les pertes géométriques augmentent de façon critique avec la longueur de la cavité, et
elles provoquent un effondrement de la finesse de la cavité dans la limite des cavités longues.
En comparant aux autres pertes, nous verrons que des pertes géométriques inférieures à une
partie par million (ppm) sont acceptables ce qui correspond (cf. figure I.12) à des longueurs
de cavité inférieures à ∼ R/2. Pour des longueurs inférieures, les pertes géométriques sont
négligeables.
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Figure I.12 – Le waist du mode (courbe bleue), et la taille transverse du mode sur le miroir
fibré (courbe verte) sont tracés en fonction de la longueur de la cavité (axe gauche). Les
pertes géométriques liées aux effets de taille finie des miroirs, exprimées en partie par millions
(ppm), dépendent très fortement de la longueur de cavité (courbe rouge - axe droit). Courbes
obtenues pour un rayon de courbure R = 50 µm, et un diamètre de miroir 2σ = 20 µm.
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I.3 Finesse et temps de vie de la cavité fibrée

Figure I.13 – Schéma de la cavité FFP plan concave. Le miroir de la fibre à une transmission
T1 et des pertes L1, et le miroir plan T2,L2.

La finesse F d’une cavité est une mesure de la qualité des miroirs, indépendante de la
longueur de la cavité :

F =
2π

L1 + L2 + T1 + T2

=
2π

2−R1 −R2

, (I.21)

où Ri = 1 − Ti − Li est le réflexion du miroir i = (1, 2). À chaque réflexion sur les miroirs
une partie de la lumière quitte le mode de cavité. L’intensité lumineuse dans la cavité subit
une décroissance exponentielle dans le temps dont la constante de temps τ , appelée temps
de vie de la cavité :

τ =
2L

cLtot
=
LF
πc

=
1

2κ
, (I.22)

où Ltot = L1 + L2 + T1 + T2, correspond aux pertes totales 10 lors d’un aller-retour dans la
cavité. L représente ici la longueur effective (dans le vide) de la cavité. À la décroissance
exponentielle de l’intensité dans le temps correspond une lorentzienne de largeur à mi-hauteur
2κ dans l’espace des pulsations.
Le temps de vie de la cavité donne une interprétation de la finesse en nombre moyen d’aller-

retour N effectués dans la cavité avant que le photon ne soit perdu ou transmis F = 2πN
avec N = cτ/(2L).
Le facteur de qualité Q de la cavité est aussi utilisé pour quantifier le rapport de la

fréquence centrale de la cavité (ωcav/(2π)) sur la largeur spectrale du pic de cavité :

Q =
ωcav
2κ

= ωcavτ =
2L

λcav
F . (I.23)

Contrairement à la finesse, le facteur de qualité de la cavité dépend de la longueur de cette
dernière.

10. les éventuels pertes géométriques (cf. I.2.3) doivent être prises en compte dans Li
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I.3.1 Mesure de finesse de la cavité fibre-fibre

La mesure de la finesse d’une cavité formée par 2 miroirs fibrés va nous permettre de
caractériser la réflectivité du traitement diélectrique qui à été déposé au bout des fibres
(cf. §A.1.3). Cela nous permettra de déterminer par la suite la réflectivité du miroir semi-
conducteur.

Figure I.14 – Schéma de la cavité fibre-fibre (FF).

La mesure de finesse la plus simple consiste à mesurer l’intervalle spectral libre séparant
deux modes longitudinaux consécutifs (fsr = c

2L
) ainsi que la largeur spectrale du mode de

cavité ; la finesse se déduit par la relation : F = fsr
2κ/(2π)

= πc
2κL

.
La mesure de l’intervalle spectral libre se ramène à la mesure de la longueur de la

cavité. Cette dernière est déterminée en balayant la longueur d’onde d’un laser éclairant la
cavité et en mesurant la différence de fréquence entre deux modes longitudinaux consécutifs
dans le spectre de transmission (cf. equation I.13). La présence de bruit acoustique faisant
aléatoirement varier la longueur de la cavité limite la précision sur la mesure de la longueur
à 0,5 µm près. Cette technique permet de mesurer des longueurs de cavité supérieure 11 à
20 nm. Pour des cavités plus courtes, il faut utiliser les propriétés de résonance des modes
d’ordre supérieur (cf. annexe B).
Pour mesurer la largeur spectrale κ, nous faisons varier la longueur de la cavité et mesurons

la largeur du pic lorentzien de la transmission. Cependant, étalonner la variation de la
longueur de la cavité en présence de bruit acoustique n’est pas chose aisée. Pour mesurer κ
précisément, nous utilisons un modulateur électro-optique (EOM) 12. Après modulation, le
champ présente une fréquence centrale ωlaser et deux bandes latérales à ωlaser ± ωmod issues
du premier ordre de la modulation à la fréquence ωmod. Ces bandes latérales servent d’étalon
lorsque la longueur de la cavité est balayée (cf. figure I.15 à gauche). La largeur effective
du mode est directement mesurée en fonction de l’espacement entre les bandes latérales. Le
facteur de proportionnalité α (cf. figure I.15 à droite) permet de mesurer κ = αωmod. Cette
mesure est très précise, et nous permet de nous affranchir totalement du bruit acoustique 13.
La longueur de la cavité (L = 34, 0 ± 0.5 µm) et la largeur spectrale (κ = 2π × 58 ± 3

MHz) mesurées ensemble permettent de déterminer la finesse du traitement réfléchissant :

11. La longueur d’onde du laser résonant utilisé (cf. §III.1.3.b) peut être continûment balayée entre 890−910
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Figure I.15 – À gauche : transmission de la cavité formée par deux miroirs fibrés et
illuminée par un faisceau modulé à ωmod = 500 MHz. Un ajustement par la somme de 3
lorentziennes également espacées permet de mesurer la largeur effective du mode en fonction
de l’écart entre les bandes latérales. À droite : les valeurs de largeur effective sont tracées en
fonction de l’écart entre les bandes latérales, et l’ajustement par une fonction linéaire donne
κ = 2π × (58± 3) MHz.

F = 38 000± 600, et donc T1 + L1 = 83 ppm. (I.24)

La réflectivité des miroirs fibrés est maintenant connue : sur un million de photons incidents
seulement 83 ne sont pas réfléchis dans le mode de la cavité. Nous allons maintenant mesurer
la transmission totale de la cavité fibre-fibre pour connaître le rapport entre les photons
transmis et les photons perdus et achever ainsi la caractérisation du traitement réfléchissant.

I.3.2 Transmission de la cavité fibre-fibre

À chaque réflexion, une partie de la lumière est transmise à travers le miroir. Lorsque la
cavité est résonante, la fraction de puissance incidente qui est transmise Pt vaut [74] :

Pt = ηcε1
4T1T2

(T1 + T2 + L1 + L2)2 ε2Pinc, (I.25)

où εi, Ti, et Li sont le couplage, la transmission et les pertes du miroir i = (1, 2).
Pour caractériser le traitement réfléchissant, nous mesurons la transmission à résonance
Pt d’une cavité formée par deux miroirs fibrés issue du même traitement. Cette mesure
nécessite un très bon alignement de la cavité afin de maximiser le couplage à l’entrée ε1 et
à la sortie ε2 pour ne par surestimer les pertes. Une cavité courte facilite l’alignement et
permet de s’affranchir des pertes géométriques. Nous utilisons une fibre SM pour l’injection

nm, ce qui permet de mesurer la longueur d’une cavité L ≥ 890nm×910nm
2×20nm ∼ 20 µm.

12. EOM Photline Technologies NIR-MPX800-LN.
13. La technique de modulation par EOM permet aussi grâce à la détection d’un signal d’erreur en réflexion

[73] de verrouiller la longueur de la cavité par l’intermédiaire d’un asservissement sur le piézo-électrique.
Cependant, la bande passante des piézo-électriques attocubes utilisés ici est trop faible (∼ 100 Hz) pour
assurer un verrouillage stable de la longueur de la cavité.
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et une fibre MM pour collecter la transmission efficacement ε2 = 1. En sectionnant la fibre
après l’expérience, nous mesurons directement ηcPinc et le rapport Pt/(ηcPinc) = ε1( T1

T1+L1
)2

permet d’extraire une borne supérieure pour le rapport L1/T1 = 52%, obtenue pour ε1 = 1.
Avec la mesure de la finesse précédente nous pouvons établir que la transmission du miroir
fibré vaut au minimum T1 = 55 ppm et ses pertes au maximum L1 = 28 ppm.
Les deux-tiers des photons qui ne sont pas réfléchis sont transmis, formant ainsi le signal

mesuré. Cela indique que les pertes ne limitent pas la finesse atteignable avec notre méthode
de fabrication des miroirs fibrés. Il est possible d’obtenir des finesses bien plus grande
(> 150 000) en déposant par exemple un traitement réfléchissant avec d’avantage de couches
diélectriques (cf. §A.1.3). Cependant les miroirs semi-conducteurs que nous utiliserons dans
la suite pour coupler un émetteur solide à la cavité ne permettent pas d’atteindre de si hautes
finesses. Afin de ne pas avoir une trop grande asymétrie entre les miroirs, la réflectivité des
miroirs fibrés a été limitée à 40 000. Ce qui nous permet de travailler avec une transmission
élevée par rapport aux pertes.

I.3.3 Absorption et diffusion dans les miroirs

Il existe deux types de pertes subies par les photons de cavités lors de leurs réflexions sur
les miroirs ; certains sont absorbés et d’autre diffusés hors du mode.
L’absorption est un phénomène intrinsèque dans les couches diélectriques ou semi-

conductrices constituant les miroirs. L’état de l’art des pertes par absorptions par miroir
A1 dans les traitements réfléchissants déposés par IBS sont de l’ordre du ppm [75] [76].
Cependant pour obtenir une absorption si faible, il est nécessaire d’effectuer un recuit à
haute température (450◦) après dépôt du traitement réfléchissant. Les fibres optiques même
avec une gaine en cuivre ne semblent pas supporter le recuit, notamment les parties de fibres
qui ont étés manipulées. Sans recuit, les pertes par absorptions sont plutôt de l’ordre de
quelques dizaines de ppm.
Les pertes par diffusion par miroir S1 sont liés à la rugosité du traitement réfléchissant et

cette dernière dépend de la rugosité de la surface (σRMS) traitée par laser CO2 et peuvent
être estimées par [77] :

S1 =

(
4πσRMS

λ

)2

' 9 ppm. (I.26)

Les pertes totales L1 = A1+S1 = 28 ppm, ce qui permet d’évaluer les pertes par absorption
à 19 ppm. Les propriétés des miroirs fibrés sont entièrement caractériser, et nous nous
intéressons maintenant au temps de vie des photons dans une cavité FFP formée par un
miroir plan semi-conducteur et un miroir fibré.

I.3.4 Temps de vie des photons

Il est possible de mesurer directement de temps de vie de la cavité. Pour cela, il faut injecter
de la lumière résonante dans la cavité et couper la lumière incidente, laissant l’intensité dans
la cavité décroître exponentiellement dans le temps (ring down). Il est possible d’utiliser un
laser continu et un modulateur acousto-optique (AOM) pour couper la lumière incidente mais
il est plus facile de réaliser cette mesure avec un laser pulsé 14. L’observation de la décroissance

14. Laser pulsé MIRA (Ti :Sa) pompé dans le vert (VERDI) de chez Coherent utilisé à Zurich.
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de l’intensité peut se faire en transmission ou en réflexion, selon le dispositif expérimental.
L’observation en réflexion nécessite un dispositif capable de distinguer la lumière provenant
effectivement de la cavité de la lumière réfléchie à son entrée. Ceci est réalisé en contrôlant
la polarisation de la lumière incidente de manière à ne conserver que le signal intéressant par
un dispositif de polarisation croisée. Pour les cavités courtes, le temps de vie de la cavité est
très faible (∼ 10 ps) et il est nécessaire d’avoir des détecteurs rapides. La figure I.16 présente

une mesure de temps de vie pour une cavité formée par un miroir fibré, et un miroir de Bragg
constitué de 28 paires semi-conductrices (alternance de AlAs et GaAs), et centré à 900 nm.

temps (ps)

R
éf

le
xi

on
 (c

ou
ps

/s
)

  a b
329.66 329.68 329.7 329.72

0

1

2

3

laser frequency (THz)

D
T

 s
ig

n
a

l 
(a

.u
.) 11.4 GHz  

2.5 3.0 3.5 4.0 4.5 5.0 5.5 6.0 6.5

Longueur de cavité (µm)

40

50

60

70

80

90

te
m

p
s 

d
e
 v

ie
 (

p
s)

Figure I.16 –À gauche : La décroissance de l’intensité intra-cavité est observée en réflexion
à l’aide d’une caméra striée (streak camera). La cavité est excitée à l’aide d’un laser pulsé à
910 nm. Le battement observé pendant la décroissance est dû à la levée de dégénérescence des
deux polarisations de 11,4 GHz, observée en transmission (cf. encart). À droite : Temps de
vie extraits en fonction de la longueur de la cavité. Un ajustement linéaire permet d’extraire
une finesse de 13 000.

La finesse mesurée pour une cavité composite (diélectrique et semi-conducteur) vaut

F = 13 000.

Connaissant les propriétés du miroir fibré, nous pouvons déduire les caractéristiques du DBR
semi-conducteur T2 + L2 = 410 ppm.
Pour des cavités relativement longues, nous observons un temps de vie des photons de

cavités ∼ 100 ps, ce qui correspond à des facteurs de qualité Q ∼ 210 000 qui sont au-delà
des facteur de qualités habituellement utilisés pour l’étude des émetteurs solides [62,78].
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Conclusion du chapitre I
Ce chapitre nous a permis de caractériser les modes propres de la micro-cavité FFP.

Les fréquences de résonance des modes et leur structure géométrique correspondent à une
description en termes de modes de Hermite-Gauss. La taille du waist du mode de cavité a
été déterminée à l’aide d’un émetteur ponctuel à 4 K. Le couplage de la lumière à la cavité
ainsi que les propriétés des miroirs ont été évalués. Enfin la finesse et le temps de vie des
photons de cavité ont été mesurés caractérisant ainsi l’ensemble des propriétés de la lumière
piégée dans la cavité.
La flexibilité des micro-cavités fibrées a pu être appréciée, notamment en plaçant un

émetteur ponctuel au centre du mode de cavité, ou encore en modifiant le temps de vie
des photons en variant la longueur de la cavité. Comme nous le verrons, nous emploierons
beaucoup le fait que l’énergie des photons de cavité est accordable. En changeant la longueur
de la cavité, nous pouvons amener différents modes longitudinaux et leur modes transverses
à une fréquence souhaitée.
Les propriétés optiques de la micro-cavité FFP sont précisément déterminées et nous

permettront par la suite de comprendre le couplage à un émetteur solide.



CHAPITRE II

Electrodynamique quantique dans une micro-cavité fibrée

Dans ce chapitre, nous présenterons le cadre général de l’électrodynamique quantique en
cavité qui nous permettra d’interpréter les différentes expériences décrites dans la suite du
manuscrit.
Dans un premier temps, nous allons montrer à travers plusieurs modélisations du couplage

d’un émetteur à la cavité, qu’à faible excitation, les propriétés d’un émetteur quelconque
couplé à un mode de cavité, présentent un caractère universel. Nous définirons en particulier
les notions de couplage faible et fort entre lumière et matière, en fonction des paramètres
décrivant la cavité, l’émetteur et leur couplage. Dans un second temps, nous détaillerons les
calculs du paramètre de couplage à la micro-cavité FFP en prenant en compte les spécificités
des différents émetteurs semi-conducteurs étudiés (boîte quantique et puits quantique).
Enfin, à l’aide de la simulation du champ dans les miroirs, nous établirons quel couplage
est accessible pour l’électrodynamique quantique d’émetteurs solides dans une cavité Fabry-
Pérot fibrée, et comment l’optimiser dans le but d’entrer dans le régime de couplage fort.
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II.1 Couplage d’un émetteur à un mode de cavité
Nous allons brièvement rappeler les différents modèles qui ont été développés pour décrire

le couplage entre un émetteur et un mode de cavité. Dans chacun des cas nous décrirons les
nouveaux états propres apparaissant suite au couplage. Nous commencerons par le modèle
de Jaynes-Cummings décrivant le couplage d’un atome à deux niveaux à un mode bosonique,
avant de décrire son extension à N systèmes à deux niveaux (modèle de Tavis-Cummings).
Nous finirons enfin en décrivant le modèle de deux oscillateurs harmoniques couplés qui peut
être vu comme un cas limite du modèle précédent et qui est fréquemment utilisé pour décrire
le couplage d’un puits quantique à un mode de cavité.

II.1.1 Hamiltonien de Jaynes-Cumming

Le système {émetteur + cavité} en interaction est décrit par le Hamiltonien somme du
Hamiltonien de la cavité, de l’émetteur, et de leur interaction :

ĤJC = Ĥcav + Ĥem + Ĥint. (II.1)

Le Hamiltonien de la cavité s’exprime aisément en seconde quantification à partir de
l’énergie des photons ~ωlc et des opérateurs création-annihilation (â†l et âl respectivement)
d’un photon dans le mode TEMqmn de polarisation ~ε. Ces modes ont été décrits dans le
chapitre précédent (cf. I.1.1.a) et sont les modes propres de la microcavité FFP. Chaque
mode l = (q,m, n,~ε) est représenté par un oscillateur harmonique indépendant :

Ĥcav =
∑
l

~ωlc(â
†
l âl +

1

2
) ' ~ωc(â†â+

1

2
). (II.2)

Nous considérons ici que l’émetteur ne se couple qu’à un mode du champ [79] [80]. Les
photons de cavité sont des bosons et les opérateurs création-annihilation associés vérifient
les relations de commutations canoniques bosoniques

[
âl, â

†
l′

]
= δl,l′ .

Dans une boîte quantique comme dans un atome, le confinement tri-dimensionnel des
électrons conduit à des transitions d’énergie discrètes. En général, il est possible d’isoler une
transition unique de fréquence ωX , séparant l’état fondamental |g〉 de l’état excité |e〉. Dans
les émetteurs solides, l’excitation élémentaire représentée par |e〉 est appelée exciton. Le
modèle de l’atome à deux niveaux décrit l’état interne de l’émetteur à l’aide des opérateurs
de monté-descente : σ̂− = |g〉 〈e|, σ̂+ = |e〉 〈g| = σ̂†−, et le Hamiltonien de l’émetteur s’écrit :

Ĥem = ~ωX(σ̂+σ̂− +
1

2
). (II.3)

L’interaction dipolaire entre l’émetteur et le mode du champ donne lieu, dans
l’approximation de l’onde tournante au Hamiltonien d’interaction suivant [4] :

Ĥint = ~g(â†σ̂− + âσ̂+). (II.4)

Ĥint décrit l’interaction cohérente entre la lumière et la matière à l’aide de processus
d’absorption (âσ̂+) et d’émission (â†σ̂−) d’un photon par le système à 2 niveaux. La constante
de couplage g sera calculée selon le type d’émetteur au §II.3.
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Le Hamiltonien ĤJC est diagonalisé en considérant les états habillés [81] :

|n,−〉 = sin θn |e, n− 1〉 − cos θn |g, n〉 , (II.5)
|n,+〉 = cos θn |e, n− 1〉+ sin θn |g, n〉 ,

où n ∈ N∗ est le nombre d’excitations présentes dans le système, et θn est l’angle de mélange
défini par tan 2θn = −2g

√
n/δ, avec δ = ωc − ωX le désaccord entre la cavité et l’émetteur.

Le spectre d’énergie est appelé « échelle de Jaynes Cummings » :

ωn,± = nωc +
1

2

(
−δ ±

√
δ2 + 4g2n

)
. (II.6)

À résonance les états |n,+〉 et |n,−〉 sont séparés de 2g
√
n, appelé séparation de Rabi

(cf. figure II.1). L’ anharmonicité du spectre est causée par la non linéarité intrinsèque
du système à deux niveaux, et permet de créer des états non classiques du système couplé
[82,15,83,84,85,86], ce qui explique l’attention qu’a attiré ce modèle depuis son introduction.

II.1.2 Modèle de Tavis-Cummings

Le modèle de Tavis-Cummings [87] est une généralisation du modèle précédent décrivant
l’interaction entre un mode du champ et N systèmes à deux niveaux de fréquence ωi et de
couplage gi. Les Hamiltoniens qui décrivent les émetteurs et leur couplage au mode de cavité
s’écrivent :

Ĥem =
∑
i

~ωi(σ̂i+σ̂i− +
1

2
),

Ĥint =
∑
i

~gi(â†σ̂i− + âσ̂i+). (II.7)

Cette fois ci le sous-espace à n excitations ne contient plus 2 états couplés mais n + 1.
L’introduction des états de Dicke [3], pour décrire l’état des émetteurs permet de définir un
état « superradiant » :

|S〉 = ŝ |0〉 , avec ŝ =
1

g

∑
i

giσ̂
i
+, g =

√∑
i

g2
i et |0〉 le vide d’excitation . (II.8)

Cet état superradiant est le seul état couplé au mode de cavité, et le Hamiltonien d’interaction
se réécrit comme Ĥint = ~g(â†ŝ + âŝ†). Les autres états sont dits « noirs ». Ils participent
cependant à la dynamique du système par l’intermédiaire du Hamiltonien de l’émetteur
Ĥem. Lorsque un photon est absorbé, l’ensemble des émetteurs partage cette excitation et g
représente le couplage collectif. Dans le cas où tous les émetteurs possèdent le même couplage
au mode de cavité (gi = g0), le couplage collectif vaut : g =

√
Ng0.

Nous nous limiterons ici au cas où les émetteurs possèdent tous la même fréquence propre
ωX , et le même couplage au mode de cavité g0. Nous détaillerons au §III.3 le cas d’une
inhomogénéité de fréquence et de couplage des émetteurs afin de modéliser le désordre dans
les échantillons.
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La résolution dans le cas général (à désaccord quelconque) est complexe [88], nous donnons
ici les n+ 1 états habillés à résonance (δ = 0) :

ωn,s = nωl + 2p
√
Ng0 , avec p = −n

2
, ...,

n

2
, (II.9)

où n est le nombre d’excitations dans le système. Ce modèle permet de décrire la transition
de Dicke vers une phase supperadiante, prédite dès 1973 [88] et observée récemment pour
des atomes en cavité [89]. Plus généralement, ce modèle est utilisé pour la description de
l’intrication entre émetteurs [90,91,92].

II.1.3 Oscillateurs harmoniques couplés : polaritons

Dans la limite d’un grand nombre de systèmes à deux niveaux (N � 1) couplés à un mode
du champ, le modèle précédent peut se ramener au modèle plus simple de deux oscillateurs
harmoniques couplés. Cette approche (approximation de Holstein-Primakoff [93]) est valide
tant que les effets de saturations peuvent être négligés, ce qui est le cas à faible excitation :
n� N . Le mode superradiant est alors caractérisé par des opérateurs création-annihilation
(b̂†, b̂) ayant des relations de commutations bosoniques, et le Hamiltonien précédent se réduit
à :

Ĥ = ~ωcâ†â+ ~ωX b̂†b̂+ ~g(â†b̂+ âb̂†). (II.10)

Le problème de deux oscillateurs harmoniques couplés est soluble analytiquement et
le Hamiltonien peut être diagonalisé par l’introduction d’opérateur création-annihilation
(p̂lp, p̂up) représentant une quasi-particule, superposition de l’exciton et du photon, les
polaritons :

p̂lp = hcâ+ hxb̂,

p̂up = hxâ− hcb̂, (II.11)

où |hc|2 = 1
2
(1 − δ√

δ2+4g2
) et |hx|2 = 1

2
(1 + δ√

δ2+4g2
) sont les coefficient de Hopfield [94],

qui représentent le poids respectif du photon et de l’exciton dans le polariton de basse
énergie (LP). Dans la base des polaritons, le Hamiltonien est diagonal et les énergies propres
valent :

Ĥ = ~ωlpp̂†lpp̂lp + ~ωupp̂†upp̂up, avec
{

ωlp = ωc+ωX
2
− 1

2

√
δ2 + 4g2

ωup = ωc+ωX
2

+ 1
2

√
δ2 + 4g2

. (II.12)

Le couplage d’un puits quantique à un mode de cavité est habituellement décrit par le
modèle de deux oscillateurs harmoniques couplés [95]. Nous discuterons précisément la nature
bosonique de l’excitation élémentaire d’un puits quantique couplé à une cavité FFP au §II.3.4.
La figure II.1 récapitule les spectres obtenus à résonance dans les différents modèles. Dans

la limite de faible excitation les énergies propres des différents modèles coïncident, traduisant
l’universalité de la signature du couplage d’un émetteur quelconque à un mode du champ.
Le système est décrit par deux états habillés ou polaritons séparés en énergie par ~Ω = 2~g,
où Ω est appelé fréquence de Rabi du vide.
La mise en évidence de ce doublet par l’observation de deux pics bien séparés [6] a marqué

le développement de l’électrodynamique quantique en cavité (CQED) dans le régime de
couplage fort, comme nous allons le détailler ci dessous.
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Figure II.1 – Schéma des premiers niveaux d’énergie pour les modèles de Jaynes-Cummings
(à gauche) et pour le modèle de deux oscillateurs couplés qui correspond au modèle de Tavis-
Cummings à résonance δ = 0 (à droite).
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II.2 Spectre de luminescence à faible excitation

Comme nous venons de le voir, à faible excitation, l’effet du couplage d’une boîte quantique
(QD) ou d’un puits quantique (QW) est le même : l’analogie est en effet exacte dans le sous-
espace comportant au maximum une excitation dans le système : ω1,± ≡ ωlp,up (cf. équation
II.6 et II.12). La non-linéarité de l’atome (artificiel ou non) ne peut être explorée dans ce sous-
espace, et il devient équivalent de considérer des opérateurs bosoniques ou fermioniques [93]
pour décrire la matière. Ces derniers seront notés b̂ et b̂†, dans la suite. Le Hamiltonien que
nous considèrerons s’écrit donc dans la base des états non couplés (|g, 0〉 , |g, 1〉 , |e, 0〉)nc ou
dans la base des états propres (|g, 0〉 , |1,−〉 , |1,+〉)c :

Ĥ = ~

 0 0 0
0 ωc ig
0 −ig ωX


nc

≡ ~

 0 0 0
0 ωlp 0
0 0 ωup


c

(II.13)

Pour obtenir une description quantitative des spectres observés expérimentalement en
CQED, il faut tenir compte des pertes liées à la durée de vie du photon dans la cavité
( 1

2κ
) et celles dues à la durée de vie de l’émetteur. La prise en compte des pertes permet

l’observation de la dynamique du couplage de l’émetteur à la cavité, et ce à travers le canal de
l’émetteur ou de la cavité (cf. figure II.2). Dans la limite de faible excitation, la symétrie entre
l’émetteur et la cavité est parfaite. Cependant, les différents types de spectres accessibles
expérimentalement (spectres de photoluminescence, en lumière résonante, ou obtenus en
changeant la fréquence de la cavité cf. §I.1.1.c) sont obtenus grâce aux photons fuyant
la cavité ; c’est-à-dire par le canal de la cavité. Le couplage des modes de la cavité FFP
vers l’extérieur se fait par l’intermédiaire des modes de la fibre (cf. §I.2) qui permettent de
guider les photons afin de mesurer leurs propriétés, et notamment leurs propriétés spectrales.
Théoriquement il est aussi possible d’observer le système en regardant directement la lumière
émise par l’émetteur dans les modes dits de « pertes », c’est à dire dans des modes qui ne
sont pas soutenus par la cavité. Nous appellerons γ le couplage de l’émetteur à ces modes
de pertes qui forment en général un continuum.

Figure II.2 – Schéma d’un émetteur couplé à un mode de cavité avec une constante de
couplage g. La cavité fuit vers l’extérieur avec un constante de fuite κ, et l’émetteur peut
émettre dans des modes de pertes représenté par le couplage γ. Figure extraite de [96].
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Pour calculer le spectre observé depuis le canal de fuite de la cavité (en transmission
ou en réflexion), il faut déterminer l’évolution du système couplé {émetteur + cavité}. Le
couplage aux modes de pertes peut être modélisé par un terme Hamiltonien représentant un
réservoir. En représentation de Heisenberg (opérateur dépendant du temps) ce couplage
mène à des équations d’évolution de Heisenberg-Langevin pour les opérateurs [97]. Les
forces de Langevin s’annulent en moyenne et en considérant que le temps de corrélation des
réservoirs est très faible devant les temps caractéristiques de la dynamique (approximation
markovienne), l’évolution du système est décrite par une équation maîtresse (Lindblad), pour
l’opérateur densité ρ :

∂ρ̂

∂t
=

1

i~

[
Ĥ, ρ̂

]
+ κ(2âρ̂â† − â†âρ̂− ρ̂â†â) + γ(2b̂ρ̂b̂† − b̂†b̂ρ̂− ρ̂b̂†b̂). (II.14)

κ et γ, représentent respectivement la décroissance exponentielle de l’amplitude du champ
et de l’excitation dans la matière.

II.2.1 Méthode de la résolvante

La méthode de la résolvante va nous permettre de calculer la transmission d’une cavité sous
excitation résonante en fonction des paramètres (ωX , ωc, g, κ, γ). Nous présenterons aussi un
modèle simplifié pour décrire une expérience de photoluminescence. Enfin, nous connaîtrons
l’expression des fréquences propres du système couplé en tenant compte des constantes de
fuites κ et γ. Ceci nous permettra de définir par la suite les régimes de couplage fort et faible.

II.2.1.a Transmission de la cavité sous excitation résonante

Le spectre en transmission de la cavité soumise à une excitation résonante peut être
calculée à l’aide de la théorie de la résolvante [98], en considérant le propagateur entre
un état initial |i〉 et final |f〉 : Gif (t) = 〈f | e−Ht/~ |i〉. Pour modéliser une expérience en
excitation résonante nous considérons que l’état initial correspond à un photon dans la
cavité |i〉 = |1c, 0i〉. L’observation du spectre par le canal de la cavité se traduit par un état
final avec un photon dans la cavité |f〉 = |1c, 0i〉. La transmission en amplitude de la cavité
soumise à une excitation résonante vaut [99,100] :

t(ω) =
κ

i
G̃+
cc(ω) =

κ/i

ω − (ωc − iκ)− g2

ω−(ωX−iγ)

, (II.15)

où G̃+
cc est la transformée de Fourier de la fonction de Green retardée −iθ(t)Gcc(t) avec

θ(t) la fonction de Heaviside. Ce résultat peut aussi être dérivé par le calcul de la fonction
d’autocorrélation 1 du champ 〈â†(τ)â(0)〉, qui permet d’obtenir, par transformé de Fourier,
le spectre de la lumière fuyant la cavité grâce au théorème de Wiener-Khintchine 2 [102].
Le spectre T (ω) = |tR(ω)|2 correspond à la transmission en intensité qui peut être observée

lorsque la cavité est excitée par un champ extérieur de fréquence ω. Cette expression sera

1. Ce calcul peut être effectué à partir des équation de Heisenberg-Langevin en appliquant le théorème
de régression quantique [101].

2. Le spectre résultant est d’ailleurs équivalent à celui obtenu en considérant l’action d’un Hamiltonien
effectif dans lequel les fréquences ωc et ωX sont remplacées par des fréquences complexes pour le champ et
l’émetteur ωc − iκ et ωX − iγ respectivement [100].
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comparée aux spectres expérimentaux obtenus pour une cavité couplée à un puits quantique
(cf. §III) et à une boîte quantique (cf. §IV).
La puissance du formalisme de la résolvante nous permet de décrire les propriétés de

systèmes plus complexes. Considérons par exemple un système de N émetteurs couplés au
champ régit par le Hamiltonien suivant :

H1 = ~ωcâ†â+
∑
i

~gi(â†σ̂i− + âσ̂i+) +HX , (II.16)

où HX est quelconque et traduit la dynamique propre de l’émetteur. L’amplitude de la
transmission lors d’une expérience de spectroscopie vaut [103] :

t1(ω) ∝ G̃+
1cc(ω) =

1

ω − (ωc − iκ)− CX(ω)
, avec CX =

∑
i,j

gig
∗
j G̃+

ij . (II.17)

La quantité CX est indépendante de la cavité et traduit le couplage à la matière ainsi que la
probabilité qu’une excitation a d’y demeurer. En effet G̃+

ij est la transformée de Fourier de la
fonction de Green retardée correspondante au propagateur traduisant la probabilité qu’une
excitation initialement dans le mode |i〉 = σ̂i+ |0〉 se retrouve dans le mode |j〉 = σ̂j+ |0〉 :

Gij(t) = 〈j| e−HX t/~ |i〉 . (II.18)

Si l’on se restreint au cadre du modèle de Tavis-Cummings (HX =
∑

i ~ωi(σ̂i+σ̂i− + 1
2
)

cf. équation III.3), il n’existe pas de couplage direct entre les différents émetteurs, et la
transmission généralisée aux cas de plusieurs émetteurs vaut :

tTC(ω) =
κ/i

ω − (ωc − iκ)−∑j
|gj |2

ω−(ωi−iγi)

. (II.19)

Cette expression nous permettra de comprendre les spectres obtenus en présence de désordre
(§III.3).

II.2.1.b Signal de photoluminescence et absorption

Comme nous le verrons (cf. §III.1.2), une expérience de photoluminescence fait intervenir
une interaction avec le solide environnant l’émetteur, qui n’est pas prise en compte ici. Pour
modéliser quantitativement une expérience de photoluminescence, il faut prendre en compte
des phénomènes impliquant un déphasage pur de l’émetteur [104] ou une interaction explicite
avec des phonons [105].
Ici, nous considérons simplement que le signal est toujours observé depuis le canal de la

cavité |f〉 = |1c, 0X〉 mais contrairement au cas précédent l’excitation est initialement placée
dans la matière |i〉 = |0c, 1X〉. La fonction de Green à considérer G̃+

Xc s’exprime en fonction
de la fonction de Green précédente comme [99] :

sPL(ω) ∝ G̃+
Xc(ω) =

g

ω − (ωX − iγ)
G̃+
cc(ω) =

g

(ω − (ωX − iγ))(ω − (ωc − iκ))− g2
. (II.20)

Cette formule révèle d’ailleurs la symétrie existante entre l’émetteur et la cavité ; elle décrit
aussi le spectre de l’expérience symétrique obtenu en regardant le système depuis les modes
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de pertes de l’émetteur (|f〉 = |0c, 1X〉) quand l’excitation est initialement présente dans la
cavité (|i〉 = |1c, 0X〉).
Dans le cas de plusieurs émetteurs, il est légitime de considérer que lors d’une expérience de

photoluminescence, l’ensemble des émetteurs est excité de façon incohérente. C’est à dire que
le signal de photoluminescence détecté par le canal de la cavité sera la somme des intensités
des contributions des différents émetteurs :

SPLTC(ω) = |sPLTC(ω)|2 ∝
∑
i

|G̃+
ic |2. (II.21)

Il est intéressant de calculer l’absorption lors d’une expérience en excitation résonante.
Cette dernière est déterminée en connaissant la transmission T = |tRTC |2 et la réflexion 3

R = |1 + tRTC |2 par :
A(ω) = 1−R(ω)− T (ω) = 2κγ

∑
i

|G̃+
ic |2. (II.22)

L’absorption et la photoluminescence sont proportionnelles dans ce modèle simple. Ceci
traduit encore une fois la symétrie entre l’émetteur et la cavité. L’absorption décrit les
excitations présentes dans les modes de la matière lors d’une excitation par la cavité, et
la photoluminescence les excitations qui se retrouvent dans la cavité lors d’une excitation
du système par la matière. Une description plus précise de la photoluminescence peut être
faite en considérant que les émetteurs ne sont pas initialement tous peuplés de la même
façon selon leur énergie. Cela peut d’ailleurs être fait en introduisant une répartition de
Maxwell-Boltzmann et donc une température. La correspondance entre l’absorption et les
spectres de photoluminescence (à une répartition de Maxwell-Boltzmann près) a d’ailleurs
été observée avec une grande précision [106]. Cette correspondance s’interprète d’ailleurs
dans un cadre plus large comme une conséquence du théorème fluctuation - dissipation. La
photoluminescence représentant les fluctuations du système et l’absorption sa dissipation.

II.2.1.c Fréquences propres du système couplé ouvert

Le calcul des spectres précédents nous permet de définir les fréquences propres et leurs
demi-largeurs à mi-hauteur mesurées lors d’une expérience de spectrométrie 4. Elles sont
données par les pôles de l’équation II.15 :

ω̃± =
ωc + ωX

2
− i

κ+ γ

2
±
√
g2 + (

δ

2
− i

κ− γ
2

)2, (II.23)

avec δ = ωc − ωX , le désaccord entre la cavité et l’émetteur. Les fréquences propres du
système fermé (κ = γ = 0) sont légèrement modifiées par la prise en compte des continua
de pertes.
Les différents régimes de couplage entre la lumière et la matière peuvent être discutés

à l’aide de l’équation II.23 [107]. Les régimes de couplage faible et de couplage fort seront
distingués selon la valeur du couplage g par rapport aux constante de fuites κ, et γ (cf. figure
II.3).

3. Nous considérons ici que les deux miroirs qui forment la cavité sont symétriques.
4. Les fréquences où le spectre résonant T (ω) présente un maximum sont en fait très légèrement différentes

des fréquences maximisant le spectre de photoluminescence SPL(ω).
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Figure II.3 – Partie réelle (à gauche) et partie imaginaire (droite) des solutions de l’équation
II.23 à résonance. ω± représente ici les fréquences réelles de résonance du système. γ±
représente les demi-largeurs à mi-hauteur attendues lors d’expériences de spectrométrie.

II.2.2 Couplage faible

Le couplage est faible quand une excitation ne peut être échangée entre matière et lumière
avant de s’échapper de façon irréversible dans les modes de pertes, soit de la cavité, soit
de l’émetteur. Comme le montre la figure II.3, quand la constante de couplage est faible
devant la différence des constantes de fuites, le spectre ne possède qu’une fréquence propre
et le système est dit en couplage faible. Il existe cependant plusieurs définitions possibles
pour la limite entre couplage faible et fort [21]. Qu’il existe une seule fréquence propre ou
que les deux fréquences propres ne puissent être dissociées à cause de la largeur de chacune
des lignes, revient à considérer en pratique que le système est en couplage faible tant que
g < κ+γ

2
(cf. figure II.4).

Ce régime est aussi appelé régime de Purcell [1], car comme le montre la figure II.3 le
taux d’émission spontané de l’émetteur est modifié par la présence de la cavité. Dans la
limite du couplage à une mauvaise cavité (κ > γ), la désexcitation spontanée à résonance est
accélérée par la présence d’une grande densité de modes de la cavité (règle d’or de Fermi).
La linéarisation de l’équation II.23 pour un faible couplage permet de définir le facteur de
Purcell Fp = g2/(κγ) caractérisant cette accélération : γ− = (1 + Fp)γ.

II.2.3 Couplage fort

Dans le régime de couplage fort, au contraire, une excitation peut passer plusieurs fois de
la matière à la cavité (par cycle d’émission-absorption du même photon) avant d’être perdue.
Le pendant spectral de ces oscillations de Rabi est l’observation à résonance d’une structure
à deux lignes traduisant le dédoublement de Rabi (du vide) qui correspond à l’observation
des deux fréquences propres du système (cf. équation II.23). Les premières observations avec
un atome unique [6] datent du début des années 90, et une décennie plus tard le couplage
fort avec une boîte quantique [9] [10] a été observé. Parallèlement, le dédoublement de Rabi
a été observé avec des puits quantiques en micro-cavité [18].
La cavité FFP permet de changer aisément la longueur de la cavité et ainsi de changer la

fréquence de la cavité. Pour un grand désaccord (δ >> g), on retrouve essentiellement les
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Figure II.4 – Simulation de la transmission de la cavité en fonction de la fréquence
excitatrice et de la fréquence de la cavité selon l’équation II.15. À gauche : Transmission
en régime de couplage faible (g = 1, κ = 2, γ = 3), la transmission à résonance est tracée en
bas à gauche. À droite : Transmission en régime de couplage fort (g = 20, κ = 10, γ = 3),
la transmission à résonance est tracée en bas à droite. En bas : la transmission à résonance
est tracée en fonction de la fréquence excitatrice et notamment (au centre) dans le cas limite
où g = κ = γ(= 3).

propriétés de la cavité d’un côté, et celles de l’émetteur de l’autre. À noter tout de même
que l’amplitude du pic de cavité est largement supérieure à celle de l’émetteur, ceci étant dû
au fait que le signal est observé par le canal de fuite de la cavité.
Proche de résonance, (δ � g), la spectroscopie du système fait apparaître deux pics

d’amplitude semblable traduisant le fait que l’émetteur est habillé par les photons de cavité
ou dit autrement, les polaritons qui sont les quasi-particules formées par superposition d’une
excitation dans l’émetteur et d’un photon de cavité sont les modes propres du système.
Le régime de couplage fort ou plus généralement le régime de haute coopérativité
C = g2/(2κγ) > 1, est le régime intéressant pour les expériences de CQED. Les
systèmes physique dans ce régime sont notamment de bons candidats pour former les briques
élémentaires de l’information quantique [108, 109, 110, 111, 112]. C’est aussi dans ce régime
que la physique des polaritons peut être étudiée, et c’est ce que nous projetons de faire.
Dans les parties suivantes, nous allons calculer le paramètre de couplage g pour une boîte

et pour un puits quantiques, puis nous montrerons comment optimiser les paramètres de la
cavité dans le but d’atteindre le régime de haute coopérativité.
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II.3 Calcul de la constante de couplage g
Comme nous l’avons vu, le modèle précédent s’applique aussi bien à une boîte quantique

qu’à un puits quantique en cavité. La particularité de l’émetteur réside dans sa manière de se
coupler à la lumière et donc dans l’expression de la constante de couplage g. Le couplage de
la lumière et de la matière, se fait par l’intermédiaire du dipôle de l’émetteur ~̂d = ~d (b̂+ b̂†)
et du champ électrique quantifié de la cavité :

~̂E(~r) = i
∑
l

Cl

(
~El(~r)âl − ~E∗l (~r)â

†
l

)
, (II.24)

où Cl est l’amplitude du champ à un photon, ~El est la dépendance spatiale normalisée
(
∫

d~r ~E∗l
~El′ = δll′ ) du champs étudié au §I.1.2.a, et âl et â†l sont les opérateurs création-

annihilation d’un photon dans le mode l = (q,m, n,~ε).
La constante de couplage g entre le dipôle ~̂d(~re) et un mode l du champ intracavité ~̂E(~r)

vaut :

g =
Cl
~
~d(~re). ~El(~r) (II.25)

Nous allons préciser ce couplage pour un émetteur ponctuel type boîte quantique, puis
nous calculerons le couplage d’un puits quantique à la cavité FFP. Mais dans un premier
temps nous décrirons le champ électrique dans la cavité et notamment la valeur du champ
à un photon qui interviendra dans la constante de couplage. Nous allons aussi préciser plus
avant les états électroniques concernés par le couplage optique dans les hétérostrucutres
semi-conductrices.

II.3.1 Champ à un photon et indice effectif

La normalisation du mode l du champ électrique dans la cavité est telle que [108] :

〈nl|
∫

d~rε(~r)| ~̂El(~r)|2 |nl〉 = ~ωl(nl +
1

2
), (II.26)

où nl est le nombre de photons dans le mode l, et ε(~r) = ε0εr(~r) est la permittivité diélectrique
qui s’exprime en fonction de la permittivité du vide et de la permittivité relative. L’amplitude
du champ à un photon Cl peut donc être exprimée à l’aide de l’énergie du mode selon :

C2
l =

~ωl
2ε0εeff

, avec εeff =

∫
d~r| ~El(~r)|2εr(~r). (II.27)

La fonction normalisée ~El(~r) permet de définir un indice effectif vu par le mode. εeff
s’expime en fonction d’un champ électrique ~E(~r) (non normalisé) par εeff =

R
d~r| ~E(~r)|2εr(~r)R

d~r| ~E(~r)|2
.

L’indice effectif neff =
√
εeff vu par le champ dans la cavité va dépendre de la structure

réelle des miroirs. Pour une cavité formée par des miroirs métalliques parfaits, le champ ne
serait présent qu’entre les miroirs, i.e. dans le vide, et on aurait neff = 1. Pour des miroirs
diélectriques ou semi-conducteurs, il est nécessaire de prendre en compte la pénétration du
champ dans les couches et l’indice effectif ressenti par le mode sera supérieur à 1 et dépendra
de la longueur de la cavité (cf. §II.4.2).
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II.3.2 Émetteurs semi-conducteurs

Avant de décrire le couplage d’émetteurs semi-conducteurs à la cavité FFP, il convient de
préciser d’avantage leurs propriétés, et en particulier les transitions électroniques concernées.
Les composés semi-conducteurs que nous utilisons sont de type III-V comme GaAs ou
InAs. Ils cristallisent dans un réseau de type Zinc-Blende, et possèdent huit électrons
par cellule primitive participant aux liaisons chimiques entre atomes. L’hybridation des
orbitales atomiques s (respectivement p), mène à la création d’orbitales moléculaires s
(respectivement p) liante et anti-liante.
Dans l’état fondamental du semi-conducteur, seules les orbitales liantes s et p sont

peuplées. La bande non peuplée la plus basse en énergie est la bande anti-liante s et est
appelée bande de conduction. La bande de conduction ne possède pas de moment orbital
(L = 0), son moment cinétique total vaut donc J = 1/2 et la bande de conduction sera donc
deux fois dégénérée (projection sur l’axe de quantification mJ = ±1/2).
Nous nous intéresserons aux propriétés optiques de ces émetteurs semi-conducteurs, et

nous considérons que les bandes ont une dispersion parabolique autour du centre de la
zone de Brillouin (~k = 0). La définition de masses effectives pour chacune des bandes nous
permettra d’oublier le potentiel périodique ionique par la suite [113]. Les deux électrons de
l’orbitale liante s ne participent pas aux premières excitations du semi-conducteur, et cette
bande restera toujours peuplée. L’orbitale liante p possède un moment cinétique orbital
L = 1, et se scinde en trois bandes. La bande (J = 1/2,mJ = ±1/2) est la plus basse
en énergie, la levée de dégénérescence étant due à l’interaction spin-orbite. Dans un semi-
conducteur massif la bande des trous lourds (J = 3/2,mJ = ±3/2) et la bande des trous
légers (J = 3/2,mJ = ±1/2) ont une dispersion différente mais sont dégénérées en ~k = 0, et
forment ensemble la bande de valence.
Dans les structures à géométrie confinée que nous considérerons par la suite 0D (boîte

quantique) et 2D (puits quantique), l’énergie de confinement dépend de la masse effective
des porteurs, ce qui conduit à une levée de dégénérescence entre la bande des trous légers et
des trous lourds, faisant ainsi de cette dernière la bande de valence de l’hétérostructure
semi-conductrice. Les transitions optiques que nous considèrerons dans la suite consisteront
en l’absorption/émission d’un photon faisant transiter un électron entre la bande de valence
(trous lourds : J = 3/2,mJ = ±3/2, mhh,InAs = 0,41me), et la bande de conduction (J =
1/2,mJ = ±1/2,mc,InAs = 0,026me) [114].

Exciton

La principale transition que nous étudierons dans la suite est définie par le fondamental
du semi-conducteur d’une part et un état excité 5 correspondant à un électron dans la bande
de conduction d’autre part. Les autres électrons restent dans la bande de valence (état à
N -corps) et peuvent être modélisés par un trou (absence d’électron). La particule formée
par l’interaction entre l’électron promu et le trou créé par son départ est appelé exciton X0.
Dans le matériau massif, l’élecron est localisé autour du trou par l’interaction

coulombienne, et le centre de masse de l’exciton 3D est délocalisé dans le semi-conducteur.
Ce système est le parfait analogue de l’atome d’hydrogène. Cependant, dans le matériau
l’interaction coulombienne est écrantée par les nombreuses charges présentes et le rayon de

5. représenté par une fonction d’onde antisymétrisée sur l’ensemble des électrons
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Bohr de l’exciton 3D dans GaAs vaut [115] a3D
X = 124 Å, soit 250 fois plus que le rayon de

bohr de l’hydrogène aH = 0.5 Å, ce qui laisse présager un dipôle et donc un couplage à la
lumière bien meilleur.

Boîte quantique

Une boite quantique semi-conductrice est constituée par une inclusion (∼ 10 nm) d’un
matériau de gap inférieur (InGaAs) à celui de la matrice cristalline dans laquelle elle est
incluse (GaAs) (cf. §IV.1.2). Le confinement tridimensionnel des porteurs conduit comme
dans le cas atomique à des niveaux discrets, et c’est pourquoi les boîtes quantiques sont
souvent dénommées « atomes artificiels ».

Figure II.5 – À gauche : Image d’une QD par microscopie électronique à transmission.
À droite : Schéma des niveaux énergétiques d’une QD. La couche de mouillage résulte de
la méthode de fabrication (cf. §IV.1.2). Figure extraite de [116].

Contrairement à l’exciton dans le semi-conducteur massif, dans le cas d’une QD le
confinement des porteurs est dû à la taille transverse de la QD qui est de l’ordre de quelques
dizaines de nm [117]. L’interaction coulombienne entre l’électron et le trou ne modifie que
légèrement les niveaux énergétiques principalement déterminés par le confinement imposé
par la géométrie de la QD. Une conséquence importante est que le caractère bosonique de
l’exciton s’efface devant le principe d’exclusion ressenti par chacun des fermions.
Nous nous focalisons dans un premier temps sur la transition liée à l’exciton neutre X0,

même si nous verrons que les QDs présentent d’autres niveaux électroniques comme des
excitons chargés (trions X±) ou encore le biexciton XX0 constitué de 2 paires électron-trou
en interaction.

Puits quantique

Un puits quantique est constitué par une fine couche (∼ 10 nm) d’un matériau semi-
conducteur de gap inférieur à celui du matériau l’emprisonnant.
Comme pour une QD le fondamental est caractérisé par une bande de valence pleine, et

une bande de conduction vide. Le premier niveau excité correspond à un électron promu
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Figure II.6 – À gauche : Schéma d’un QW de largeur lz : un matériau B de gap supérieur
emprisonne un un matériau A de gap inférieur. À droite : Schéma des niveaux énergétiques
d’un QW. Figure extraite de [116].

dans la bande de valence en interaction coulombienne avec le trou laissé dans la bande de
valence. Contrairement à une QD, l’interaction coulombienne est ici primordiale car elle
assure la localisation des porteurs et ainsi la création d’un niveau discret. En effet dans le
cas d’un puits quantique les porteurs ne sont pas confinés dans les directions transverses
et un continuum d’états correspondant à la vitesse du centre du centre de masse dans ces
directions est présent.
L’exciton 2D est confiné selon l’axe de croissance, mais comme l’atome d’hydrogène, son

spectre possède des niveaux isolés (états liés) grâce à l’énergie de liaison de la paire électron-
trou (EB = 7 meV) et des continua (états non liés) dus au fait que les porteurs ne sont pas
localisés dans les directions transverses. Nous considérerons en général l’exciton 1s nommé
ainsi par analogie avec la fonction d’onde atomique pour le mouvement relatif des charges,
et le rayon de Bohr de l’exciton dans InGaAs vaut aX =

√
~2

2µEB
∼ 100 Å.

La symétrie planaire permet à priori une délocalisation de l’exciton sur de grandes distances
(∼ µm) en comparaison du rayon de Bohr aX . Le principe d’exclusion de Pauli s’appliquant
à chacun des fermions ne se fera ressentir que lorsque la densité d’exciton dX sera telle que la
distance interparticulaire d−1/2

X sera comparable au rayon de Bohr de l’exciton aX (cf. II.3.4).
Pour des densités inférieures, l’exciton 2D composé de deux fermions se comportera comme
un boson.

II.3.3 Boite quantique couplée à une cavité FFP

La taille d’un atome ou d’une boîte quantique [117] est très faible devant la longueur
d’onde des photons et ces émetteurs peuvent être considérés comme ponctuel situé en ~re.
Le couplage dipolaire entre l’émetteur et les photons de cavité se fait par l’intermédiaire
du dipôle de l’émetteur : ~̂d = (~db̂ + ~d∗b̂†)δ(~r − ~re). Un judicieux choix de phase permet de
considérer une constante de couplage réelle, et cette dernière vaut (cf. équation II.25) :

~g = Cl~d
∗. ~El(~re) (II.28)
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La constante de couplage s’exprime directement comme le produit scalaire du dipôle de
l’émetteur et du champ électrique au niveau de l’émetteur |Cl ~El(~re)|. La dépendance spatiale
du champ est représentée par une fonction normalisée (

∫
| ~El(~r)|2 d~r = 1) si bien que l’inverse

de l’intensité du champ au niveau de l’émetteur représente le volume effectif du champ
Veff [66] qui peut s’exprimer en fonction du volume de mode Vm défini par l’équation I.16 :

Veff =
1

| ~El(~re)|2
=
| ~El( ~rmax)|2
| ~El(~re)|2

Vm, (II.29)

où ~rmax est la position d’un maximum du champ. Le volume effectif s’exprime en fonction
du champ électrique ~E(~r) (non normalisé) dans la cavité par Veff =

R
| ~E(~r)|2 d~r

| ~E(~re)|2
. Pour les

cavités courtes, ce volume dépend de la pénétration dans les couches diélectriques et semi-
conductrices et sera évalué au §II.4.3. Le volume effectif correspond au volume de mode
lorsque l’émetteur est placé à un maximum du champ.

Atome en cavité

Pour un atome, le dipôle étant induit il est naturellement parallèle au champ, et ce dernier
est lié à la demi-largeur naturelle γ par [118] : |d|2 = 3~πε0c32γ

ω3
eg

, où ωeg est la pulsation associée
à la transition considérée. La constante de couplage peut donc s’exprimer directement en
fonction de la demi-largeur naturelle γ par :

~gat = ~

√
3cλ2γ

4πεeffVeff
. (II.30)

Dans notre équipe, le couplage d’atomes de rubidium (de largeur naturelle γ = 2π × 3
MHz) à une micro-cavité FFP (de constante de fuite κ = 2π × 53 MHz) a pu être réalisé
dans le régime de couplage fort [43] [45], avec une constante de couplage gat = 2π×215 MHz
à λ = 780 nm, ce qui correspond à un volume de mode Vm ' 8000 µm3.

QD en cavité

Avant de calculer la constante de couplage nous allons préciser d’avantage les états
électroniques d’une QD. Pour décrire les états électroniques près du centre de la zone de
Brillouin, l’approximation de la fonction enveloppe [113] est très utile. Elle permet de séparer
les deux contributions de la fonction d’onde des porteurs (électrons et tous) ; d’un côté une
partie rapidement variable à l’échelle atomique appelé fonction atomique, et de l’autre la
fonction enveloppe lentement variable sur cette échelle. Comme nous l’avons vu au début du
chapitre II.3.2, les seules bandes qui nous intéressent sont la bande de valence, de fonction
atomique uv(~r) dans lequel un trou a une masse effective mv, et la bande de conduction de
fonction atomique uc(~r) dans lequel un électron a une masse effective mc. Ainsi la fonction
d’onde d’un porteur s’écrit :

ψe/h(~r) = uc/v(~r)Fe/h(~r), (II.31)

Dans le cas d’un semi-conducteur massif, la fonction enveloppe est solution d’une équation
de Shrödinger avec un Hamiltonien effectif de particule libre p̂2/(2mc/v), et l’on retrouve
simplement le terme 1√

V
ei
~k.~r de la fonction d’onde de Bloch.
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Dans une boîte quantique, les porteurs ressentent un potentiel de confinement V̂qd du
à la différence de gap des matériaux à l’interface. La fonction enveloppe est solution
d’une équation de Shrödinger avec un Hamiltonien effectif p̂2/(2mc/v) + V̂qd. L’interaction
coulombienne entre l’électron et le trou peut en général être traitée en théorie des
perturbations [119]. Le confinement défini principalement les états électroniques accessibles
à l’électron d’une part et au trou d’autre part. Chacun des porteurs joue vis à vis du
confinement un rôle indépendant. Le principe de Pauli s’applique donc à chacun d’eux
conférant ainsi un caractère fermionique aux excitons dans une QD. Le confinement conduit
en général, à plusieurs états piégés mais nous ne considèrerons dans la suite que le
fondamental du piège pour l’électron et le trou.
Les propriétés de symétrie du potentiel de confinement, c’est-à-dire la forme de la

QD, imposent les propriétés des états électroniques. Pour des QD symétriques (symétrie
cylindrique autour de l’axe de croissance), la composition des moments cinétiques à partir
des états électroniques de la bande de valence (trous lourds : J = 3/2,mJ = ±3/2 notés |⇑〉
et |⇓〉), et de la bande de conduction (J = 1/2,mJ = ±1/2 notés |↑〉 et |↓〉) conduit à quatre
états excitoniques dégénérés deux à deux :
– les excitons brillants : J = 1,mJ = ±1 notés |⇑, ↓〉 et |⇓, ↑〉,
– les excitons noirs : J = 2,mJ = ±2 notés |⇑, ↑〉 et |⇓, ↓〉.
Les excitons noirs ont un moment cinétique qui vaut ±2~ et ne peuvent pas être peuplés

par une transition à un photon depuis le fondamental. Les excitons brillants, quant à eux,
sont couplés au fondamental par un photon polarisé circulairement.
Les QDs que nous couplons à une cavité FFP sont des QDs auto-assemblées en InGaAs, et

généralement la symétrie dans les directions X et Y n’est pas conservée lors de la formation
conduisant à des QDs elliptiques. Ceci à pour conséquence une levée de dégénérescence [120]
[121] [122] entre les états |⇑, ↓〉 et |⇓, ↑〉, et conduit à la définition de nouveaux états propres
excitoniques brillants :

|X〉 =
1√
2

(|⇑, ↓〉+ |⇓, ↑〉),

|Y 〉 =
1√
2

(|⇑, ↓〉 − |⇓, ↑〉). (II.32)

Les nouveaux états propres |X〉 et |Y 〉 sont couplés au photons polarisés linéairement selon
les directions cristallographiques [110] et [11̄0] respectivement [123].
L’installation dans le montage expérimental d’un appareil permettant d’effectuer une

rotation d’un des miroirs par rapport à l’autre peut mener à l’optimisation de l’angle entre
le dipôle et la polarisation du champ, et ainsi à une optimisation du couplage. Comme nous
l’avons vu précédemment (§I.1.1.d) les deux polarisations linéaires du mode de cavité sont
non dégénérées, et les micro-cavités FFP permettent à priori de s’adresser individuellement
à un des deux états excitoniques brillants, au choix.
Comme dans le cas atomique, le dipôle d’une QD dans du GaAs peut s’exprimer en fonction

de sa demi-largeur naturelle radiative γrad [124] :

|d|2 =
3~πε0c32γ

ω3
xnGaAs

, et donc gqd =

√
3cλ2γrad

4πnGaAsεeffVeff
. (II.33)

Cette expression correspond au cas atomique avec pour seul différence l’indice du milieu
dans lequel est plongé la QD. Il est cependant plus commode de comparer les QDs
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par l’intermédiaire de leurs forces d’oscillateur. La force d’oscillateur est un nombre sans
dimension permettant de quantifier la force de l’interaction de la transition et elle s’exprime
en fonction du dipôle par [66] :

f =
2meωX |d|2

e2~
, (II.34)

où me est la masse de l’électron, ωX la pulsation associé à la transition.
La constante de couplage d’une QD dont le dipôle est aligné avec la polarisation du mode

de cavité s’exprime donc à l’aide de la force d’oscillateur f , de l’indice effectif et du volume
effectif vu par le mode dans la cavité :

gqd =

(
1

4πε0n2
eff

πe2f

m0Veff

)1/2

. (II.35)

Les forces d’oscillateur typiques pour les QDs auto-organisées sont de l’ordre de la dizaine
[9, 124]. Pour maximiser le couplage, il faut minimiser le volume de mode, ce qui sera fait
en formant des cavités courtes. Nous préciserons les valeurs de couplage qui peuvent être
atteintes dans une cavité réelle dans le chapitre suivant (§II.4).

II.3.4 Puits quantique couplé à une cavité FFP

Dans le cas du couplage d’un puits quantique à la micro-cavité FFP, nous détaillerons le
calcul de la constante de couplage à partir d’un hamiltonien ~p. ~A, s’appliquant à l’ensemble des
électrons du système afin de tenir compte de la répartition en intensité du champ de cavité.
Ceci nous permettra notamment de déterminer la fonction d’onde associée à l’exciton dans
ce type de cavité. Nous commençons cependant par décrire la fonction d’onde de l’exciton
dans la base des ondes planes.

II.3.4.a Base des ondes planes pour les excitons

L’interaction entre un puits quantique et la lumière a principalement été étudiée dans
l’espace libre [115], ou dans des microcavités plans 2D [125, 126]. Dans ces deux cas, le
photon possède un moment transverse (perpendiculaire à l’axe de croissance) ~k⊥ bien
défini. La symétrie du système par translation dans les deux directions transverses se
traduit par la conservation du vecteur d’onde ~k⊥. Ainsi, lors de l’absorption du photon,
un électron de la bande de valence de moment ~k⊥v passe dans la bande de conduction et
acquiert un moment ~k⊥c = ~k⊥−~k⊥v. L’électron promu reste en interaction avec le trou laissé
dans la bande de valence, et ensemble ils forment un exciton de vecteur d’onde transverse ~k⊥.

L’état fondamental |0〉 représente la mer de Fermi du puits quantique, c’est à dire tous
les électrons dans la bande de valence. La fonction d’onde de cet état s’exprime à partir des
fonction d’onde à un électron dans la bande de valence comme :

〈~r1...~rN |0〉 =
1√
N !

∑
P∈SN

(−1)PP
∏
~k⊥,n

F h
~k⊥,n

(~rn), (II.36)
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où SN est le groupe symétrique des permutations, F h
~k⊥,n

est la fonction d’onde à un électron

dans la bande de valence, de vecteur d’onde dans le plan des couches ~k⊥,n, qui s’écrit dans
l’approximation de la fonction enveloppe [113] :

F h
~k⊥,n

(~r) = uh(~r)χ
h
1(z)

1√
S

exp i~k⊥,n.~r⊥ (II.37)

où uh(~r) représente la partie atomique associée à la bande de valence (rapidement variable
à l’échelle de la maille atomique), et χh1(z) 1√

S
exp i~k⊥,n.~r⊥ représente la partie enveloppe

confinée selon l’axe de croissance, et libre dans les directions perpendiculaires.

La fonction d’onde d’un exciton 1s de vecteur d’onde ~k⊥ = ~kc − ~kv (où la notation ⊥ est
abandonnée pour plus de lisibilité) s’écrit :∣∣∣ψX~k⊥〉 =

∑
~kc

β̄(
mv

M
~kc +

mc

M
~kv)
∣∣∣ψ~kv ,~kc〉 , (II.38)

où β̄(~k) =

√
8πa2

2D/S

(1+(ka2D)2)3/2 sont les coefficients de Fourier de la fonction hydrogénoïde 1s à deux
dimensions β(~r⊥) =

√
2/(πa2

2D) exp−|~r⊥|/a2D, décrivant le mouvement relatif de l’électron
et du trou. La masse totale de l’exciton est M = mc + mv.

∣∣∣ψ~kv ,~kc〉 représente un état où

un électron de vecteur ~kv est promu dans la bande de conduction avec un vecteur d’onde ~kc
s’écrit : 〈

~r1...~rN |ψ~kv ,~kc
〉

=
1√
N !

∑
P∈SN

(−1)PP F e
~k⊥,c

(~rc)
∏

~k⊥,n 6=~k⊥,v

F h
~k⊥,n

(~rn), (II.39)

où F e est la fonctions d’onde à un électron dans la bande de conduction qui s’écrit dans
l’approximation de la fonction enveloppe :

F e
~k⊥,c

= uc(~r)χ
e
1(z)

1√
S

exp i~k⊥,c.~r⊥, (II.40)

où uc(~r) représente la partie atomique associée à la bande de conduction, et
χe1(z) 1√

S
exp i~k⊥,v.~r⊥ représente la partie enveloppe.

Il est commode d’introduire les opérateurs créations d’un électron dans la bande de
conduction c†~kc et création d’un trou (de vecteur d’onde ~kh = −~kv) dans la bande de valence

d†~kh
. L’opérateur création d’un exciton de vecteur ~k⊥ s’écrit donc :

b†~k⊥
=
∑
~k

β̄(~k)c†mc
M
~k⊥+~k

d†mc
M
~k⊥+~k

. (II.41)

En conclusion un exciton de vecteur d’onde ~k⊥ se propage dans le plan des couches à une
vitesse ~vX = ~〈~kc〉

mc
= ~〈 ~kh〉

mv
= ~~k⊥

M
. Et le mouvement relatif de l’exciton et du trou est décrit

par une fonction hydrogénoïde 2D.
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II.3.4.b Base de Hermite Gauss pour les excitons dans une cavité FFP

Comme nous travaillons avec un mode de la lumière quantifié dans les directions transverses
(x, y), on s’attend à ce que la fonction d’onde de l’exciton créée par interaction avec le
mode ~El soit localisée dans les directions transverses. Nous considérons donc directement la
fonction d’onde excitonique correspondante au mode de Hermite-Gauss (2D) m,n, dont la
taille transverse est celle du mode de cavité au niveau du puits quantique Em,n(~R⊥, zQW ) :∣∣ψXm,n〉 =

∑
~k⊥

Ēm,n(~k⊥)
∣∣∣ψX~k⊥〉 , (II.42)

où Ēm,n(~k) =
∫

d~R⊥√
S
Em,n(~R⊥)e−i~k. ~R⊥ sont les coefficients de Fourier du mode 2D Em,n(~R⊥).

L’opérateur création d’un exciton dans le mode (m,n) s’écrit en fonction des opérateurs
création des électrons et trous :

b†m,n =
∑
~k⊥

Ēm,n(~k⊥)b†~k⊥
=
∑
~kc,~kh

Ēm,n(~kc + ~kh)β̄(
mv

M
~kc −

mc

M
~kh)c

†
~kc
d†~kh

. (II.43)

Le taux d’occupation d’un état électronique
∣∣∣ψ~kh,~kc〉 est en général très faible à basse

densité assurant des relations de commutations bosoniques aux opérateurs (bm,n, b
†
m,n).

Cependant quand la densité approche 1/a2
X , le principe de Pauli commence à se faire ressentir

par chacun des porteurs [127] [128]. À des densités électroniques élevées, l’écrantage de
l’interaction entre l’électron et le trou conduit notamment à une diminution de la force
d’oscillateur [129].

II.3.4.c Calcul de la constante de couplage dans la base des modes de Hermite-
Gauss

Nous avons calculé le paramètre de couplage g entre un photon de cavité dans un mode
TEMl (l = (q,m′, n′,~ε)) et un exciton dans le mode

∣∣ψXm,n〉 = b†m,n |0〉 à partir du Hamiltonien
d’interaction ~p. ~A (cf. annexe C).
La constante de couplage s’exprime en fonction de la masse des électrons libres m0, de

l’amplitude du champ à un photon Cl, de l’énergie du mode de cavité ωlc comme :

~g =
eCl
m0ωlc

| 〈uhh| ~p.~ε |uc〉
〈
χh1 |χe1

〉
Z(zQW )|α(w0, aX) (II.44)

où 〈uhh| ~p.~ε |uc〉 est l’élément de matrice de Kane [113] qui dépend des propriétés intrinsèques
des bandes de valence et de conduction du semi-conducteur. Cet élément contient aussi
les règle de sélection pour la polarisation de la lumière qui font que seuls les excitons
brillants vont être couplés au champs de cavité (cf. §II.32). Le produit scalaire

〈
χh1 |χe1

〉
est

le recouvrement entre les fonctions de confinement dans le puits quantique (le long de l’axe
de croissance) de l’électron et du trou. Dans les puits quantiques en InGaAs ce confinement
est proche de 1. Z(zQW ) représente la partie longitudinale normalisée du champ, évaluée à
la position du puits quantique. Enfin α représente le terme dépendant du profil transverse
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du mode et s’écrit :

α(w0, aX) =
1√
S

∑
~kc,~kh

Ē∗m′,n′(
~kc + ~kh)Ēm,n(~kc + ~kh)β̄(

mv

M
~kc −

mc

M
~kh). (II.45)

La fonction β̄(~k) est centrée autour de ~k = 0 avec une largeur de l’ordre de 1/aX . La
fonction Ēm,n(~k) représente les coefficients de Fourier de la fonction transverse du champ et
possède quand à elle une largeur de l’ordre de 1/w0. Le confinement transverse imposé par la
lumière à l’exciton est en pratique (w0 ∼ 1µm) très grand devant le rayon de bohr atomique
(aX ∼ 10 nm). Ceci permet de sommer sur ~k⊥ = ~kc + ~kh en considérant β̄(~k) constant.∑

~k⊥

Ē∗m′,n′(
~k⊥)Ēm,n(~k⊥) = δm′,mδn′,n (II.46)

Nous voyons ici que le mode optique de Hermite-Gauss va se coupler au mode excitonique
correpondant. La fonction d’onde de l’exciton étant directement déterminée par la répartition
spatiale du champ au niveau du puits. Ceci a pour conséquence que le couplage du puits
quantique à la cavité est indépendant du waist w0. On retrouve ici le caractère collectif
de ce couplage : comme nous l’avons montré au §II.1.2 le couplage collectif varie en

√
Nem

avec le nombre d’émetteur Nem. Dans le cas du puits quantique, le nombre d’émetteurs est
proportionnel à l’aire du puits éclairée Nem ∝ πw2

0. La dépendance du nombre d’émetteurs
individuels participant au couplage compense la dilution transverse du champ électro-
magnétique, de telle sorte que finalement le paramètre de couplage g est indépendant du
waist.

α(aX) ' 1√
S

∑
~k

β̄(~k) = β(0) =

√
2

πa2
X

(II.47)

Dans la limite (théorique) inverse ou le waist approche le rayon de Bohr de l’exciton, alors
l’effet collectif du couplage disparaît et le couplage tend vers celui obtenu pour une boîte
quantique.
La constante de couplage g peut être évaluée à partir de cette formule grâce aux grandeurs

caractéristiques des matériaux apparaissant dans l’équation C.4, mais il est plus pratique de
regrouper les grandeurs intrinsèques au matériau à l’aide de la force d’oscillateur par unité
de surface [130] [125] :

f

S
=

2

m0~ωX
| 〈uhh| ~p.~ε |uc〉

〈
χh1 |χe1

〉
|2β(0)2. (II.48)

Les forces d’oscillateurs typiques [131] sont de l’ordre de f
S
∼ 5.1016 m−2. Et donc le

paramètre de couplage g s’écrit finalement :

~g = ~e

√
1

4ε0m0

f

S

2

n2
effLeff

, (II.49)

où l’on a introduit une longueur effective Leff = 2
|Z(zqw)|2 qui rend compte de la valeur du

champ longitudinal sur l’émetteur 6. Le facteur 2 permet de faire correspondre la longueur

6. Si Ez représente le champ électrique longitudinal non normé : Leff = 2
R |Ez(z′)|2 dz′

|Ez(zqw)|2 .
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effective Leff et la longueur géométrique Lgeo quand la pénétration dans les miroirs est
négligée. Dans le cas d’un puits quantique, la maximisation du couplage s’obtient en limitant
la longueur de la cavité indépendamment de la taille du champ dans les directions transverses.
Le paramètre de couplage est donc aussi le même pour tous les modes de cavité.
Cette expression du paramètre de couplage est en accord avec les expression dérivées pour

les micro-cavités planes intégrées [132] à la différence de l’indice effectif et de la longueur
effective qui pour les micro-cavités FFP tiennent compte de la longueur géométrique variable
de la cavité. L’indice effectif ainsi que la longueur effective de la cavité seront calculés au
§II.4 et nous permettront d’évaluer le couplage d’un puits quantique à la cavité.

L’état
∣∣ψXm,n〉 correspond à l’exciton formé par absorption d’un photon du mode de cavité

dans le mode (m,n). La fonction d’onde du photon s’imprime directement dans la matière. De
plus le couplage entre cette dernière et le mode de cavité est indépendant de la forme du mode
pourvu que les dimensions du mode optique sont grandes devant le rayon de Bohr. L’état∣∣ψXm,n〉 diagonalise le terme d’interaction avec le mode du champ (m,n). La dynamique propre

du centre de masse de l’exciton, quant à elle, est représenté par le hamiltonien Hcm = −~2∇2
~R

2M

qui est diagonal dans la base des ondes planes, mais donne lieu à des termes de couplage
entre les modes (m,n) et (p, q) dans la base des modes de Hermite-Gauss :

V m,n
p,q = 〈p, q|Hcm |m,n〉 =

∑
k

Ē∗m,n(~k)Ēm,n(~k)
~2k2

2M
(II.50)

En passant à une somme continue, les intégrales peuvent être calculées [133] et les termes
diagonaux s’écrivent :

V m,n
m,n =

~2

Mw2
0

(m+ n+ 1). (II.51)

Les seuls termes hors diagonaux non nuls sont obtenus pour des couplages entre modes ou
seul un indice peut varier (m,n)→ (p, n) ou (m,n)→ (m, q). Il faut de plus que la somme
de l’indice de départ et l’indice d’arrivé (m+ p ou n+ q respectivement) soit paire.

V m,n
p,n = im−p

~2

Mw2
0

√
m!p!

(m+p
2
− 1)!(m−p

2
+ 1)!(p−m

2
+ 1)!

pour
{
p 6= m
p+m pair . (II.52)

L’ordre de grandeur du couplage entre les modes excitonique
∣∣ψXm,n〉 est de 0,1 µeV pour

un waist w0 ∼ 1 µm et MInGaAs = 0,4me. Ce couplage reste très faible devant les autres
grandeurs du système et la dispersion des excitons sera négligée dans la suite.

Les états excitoniques
∣∣ψXm,n〉 diagonalisent le couplage lumière-matière dans une cavité

FFP, de plus le couplage entre ces derniers peut être négligé. Nous nous sommes donc ramené
au modèle de 2 oscillateurs couplés (cf. §II.1.3) à partir du Hamiltonien d’interaction ~p. ~A,
avec qui plus est un couplage indépendant de la forme du mode (tant que w0 � aX).
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II.4 Optimisation du couplage

La maximisation du couplage d’un émetteur ponctuel à la micro-cavité FFP passe par la
minimisation du volume de mode. Pour un puits quantique, il faut minimiser la longueur
effective de la cavité en prenant en compte la pénétration du champ dans les miroirs. La
simulation du champ dans les couches de diélectriques et de semi-conducteurs va nous
permettre de calculer l’indice effectif vu par le mode de cavité, ainsi que sa pénétration
dans les miroirs pour obtenir le volume de mode et enfin le couplage dans une micro-cavité
FFP.

II.4.1 Champs dans les couches

La simulation du champ dans des superpositions de couches diélectriques (semi-
conductrices) est réalisée grâce à une méthode matricielle permettant de résoudre les
équations de Maxwell dans les multicouches [134].

La figure II.7 présente l’intensité du champ dans une cavité FFP. La phase du coefficient
de réflexion du miroir diélectrique vaut π au centre du plateau de réflexion (900 nm) (cf.
§A.1.3.a) car ce dernier est terminé par la couche d’indice élevé, ce qui se traduit par un
minimum du champ à la surface du miroir. À contrario, le champ est maximum à la surface du
miroir de Bragg semi-conducteur. En effet, les miroirs de Bragg utilisés lors de nos expériences
sont constitués par une alternance de couche de GaAs (indice élevé) et AlAs (indice faible),
et se terminent par une couche d’AlAs sur laquelle est déposée une couche de GaAs de
longueur optique λ contenant en son centre les émetteurs (QD ou QW). Les émetteurs que
nous avons utilisés sont en InGaAs et ces derniers doivent être encapsulés dans un matrice
de GaAs pour assurer le confinement des porteurs. Le champ présente un maximum à la
surface de la dernière couche du DBR (AlAs d’indice faible) et donc il est aussi maximum à
la surface de l’échantillon (DBR+couche λ).

La structure semi-conductrice contenant les QDs décrite à la figure II.7, est en réalité
plus complexe que pour les QW. En effet, la couche contenant les QDs possède plusieurs
couches dopées permettant d’appliquer une différence de potentiel de part et d’autre des
QDs et ainsi de contrôler leurs états de charge (cf. §IV.1.2). La présence notamment d’une
couche d’AlGaAs (déposée après les QDs) permet d’augmenter légèrement le champ ressenti
au niveau de l’émetteur.

La méthode matricielle utilisée ici est unidimensionnelle et ne prend donc pas en compte
la courbure du front d’onde et donc le caractère gaussien du mode de cavité. Même si la
phase de Gouy est une phase géométrique qu’il est important de prendre en compte pour
connaître précisément la condition de résonance de la cavité, elle varie cependant très peu
sur l’épaisseur d’une couche diélectrique dans les conditions expérimentales. En effet même
pour un waist de 1,5 µm la longueur de Rayleigh (échelle caractéristique de variation de
la phase de Gouy) vaut 8 µm dans le vide. Il est cependant possible de tenir compte de la
courbure dans la méthode de matrice de transfert [135] [136].
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Figure II.7 – Simulation du champ dans les couches du miroir diélectrique (à droite) et
dans les couches semi-conductrices (à gauche). En haut : un QW (InGaAs) de 10 nm
est localisé (aire grisée) au centre de la couche de longueur optique λ = 900 nm située
au-dessus du miroir de Bragg semi-conducteur constitué de 30 paires de GaAs/AlAs. La
longueur géométrique séparant les deux miroirs vaut ici Lgeo = 1,1 µm. En bas : les QDs
sont localisées dans une fine couche (aire grisée) au centre de la couche de longueur optique
λ = 900 nm située au-dessus du miroir de Bragg semi-conducteur constitué de 31 paires de
GaAs/AlAs. La longueur géométrique séparant les deux miroirs vaut ici Lgeo = 1,6 µm.
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II.4.2 Indice effectif

L’indice effectif vu par le mode de cavité du fait de la pénétration du champ dans les
couches et défini précédemment au §II.3.1 vaut :

neff =

√√√√∫ d~r| ~E(~r)|2εr(~r)∫
d~r| ~E(~r)|2

'
√∫

εr(z′) |Ez(z′)|2 dz′∫
|Ez(z′)|2 dz′

, (II.53)

et peut être calculé numériquement pour différentes longueurs de cavité (cf. figure II.8).
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Figure II.8 – L’indice effectif du mode de cavité est calculé numériquement à partir du
profil du champ dans les couches en fonction de la distance géométrique entre les mirroirs.
Les indices effectifs obtenus pour une cavité fermée par une structure contenant les QDs (en
bleu) et un QW (en vert) se superposent. Les autres courbes représentent la contribution
à l’indice effectif de chacune des parties de la cavité : le miroir de bragg semi-conducteur
(tirets verts), la couche de GaAs (tirets alternés rouges), le vide (points noirs), et le miroir
diélectrique (courbe noire).

La cavité la plus courte envisageable théoriquement (∼ 0,2 µm) contient une demi-
arche pour l’intensité (λ/4), et possède un indice effectif maximum de 2,7. Ce dernier tend
vers 1 dans la limite des cavités longues. Il est intéressant de considérer la contribution à
l’indice effectif de chacune des parties de la cavité 7. Cela permet de constater que le miroir
diélectrique ne participe pratiquement pas à l’indice effectif total. En effet, une cavité formée
par deux miroirs de ce type aurait un indice effectif proche de 1, alors qu’une micro-cavité
solide typique formée par deux miroirs de Bragg semi-conducteurs séparés par une couche de
GaAs de longueur optique λ atteint un indice effectif de 3,3. Le couplage étant inversement
proportionnel à l’indice effectif, l’avantage d’utiliser un miroir diélectrique terminé par un
indice fort est non négligeable.

7. Les indices effectifs partiels correspondent à une limitation de l’intégration dans la formule II.53 à la
zone concernée. L’indice effectif total au carré est donc égal à la somme des carrés des indices partiels.
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II.4.3 Longueur de pénétration et volume effectif de la cavité

Comme nous l’avons vu au §II.3.3 le couplage à un émetteur ponctuel dépend du volume
effectif défini comme l’inverse de l’intensité normée évaluée à la position de l’émetteur ~rqd.
Notre montage expérimental permet de centrer le mode de cavité autour de l’émetteur en
déplaçant transversalement l’échantillon par rapport au miroir fibré, maximisant ainsi le
couplage transverse au mode de cavité. Cette souplesse expérimentale n’est pas négligeable
au regard des nombreux efforts consentis en ce sens par plusieurs équipes [137] [53] [138].

Veff =

∫
| ~E(~r)|2 d~r

| ~E(~rqd)|2
=

1

| ~El(~rqd)|2
=
π

4
w2(zqd)Leff , (II.54)

où le calcul à été fait pour le mode TEM00 (volume de mode le plus faible). L’émetteur
étant situé à proximité du miroir plan la taille transverse du faisceau sera assimilé au waist
de la cavité w(zqd) ' w0. La longueur effective Leff correspond à la longueur effective
intervenant dans le couplage à un QW (cf. §II.3.4) :

Leff =
2
∫
|Ez(z)|2 dz

|Ez(zqd)|2
. (II.55)

Cette longueur effective est calculée numériquement, en tenant compte de la structure
des échantillons pour les différents émetteurs (QD et QW), pour différentes longueurs de la
cavité (cf. figure II.9).
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Figure II.9 – La longueur effective de la cavité est calculée numériquement à partir du
profil du champ dans les couches en fonction de la distance géométrique entre les miroirs. À
gauche : La longueur effective obtenue pour une cavité fermée par une structure contenant
les QDs (QW) est tracée en bleu (vert). La courbe rouge représente simplement la longueur
géométrique. L’encart représente un agrandissement pour les faibles longueurs de cavité. À
droite : la pénétration représente la différence entre la longueur effective et la longueur
géométrique de la cavité, avec le même code couleur.

Dans la limite des longues cavités, les longueurs effectives calculées pour l’échantillon
contenant des QDs et celui contenant un QW diffèrent de quelques %. En effet la longueur
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effective dépend du champ au niveau de l’émetteur, et comme nous l’avons vu (cf. figure II.7)
le champ est légèrement plus élevé sur les QDs que dans la cavité. Ceci se traduit par le fait
que la longueur effective pour les QDs augmentent moins que la longueur géométrique. À
contrario pour le QW, la longueur effective augmente d’avantage car le champ sur le QW est
légèrement inférieur au champ intra-cavité à cause de l’intégration du champ sur la largeur
du puits (10 nm).
Dans la limite des cavité courtes, les longueurs effectives convergent dans les deux

structures et nous permettent de définir une longueur de pénétration Lp = 0,76 µm, par
analogie avec les micro-cavités solides. En effet pour une longueur géométrique nulle, on
retrouve une micro-cavité solide de longueur Lc = λ/nGaAs ' 0,25 µm. Cependant, pour
comparer les longueurs effectives et les longueurs de pénétration usuellement définies dans
les micro-cavités solides [132] il faut prendre en compte l’indice effectif (cf. §II.4.4).
Le volume effectif le plus petit qu’il est possible d’atteindre dans les cavité FFP, peut donc

se calculer à l’aide de la formule II.54 en considérant une cavité de longueur géométrique
de 0,2 µm et donc de longueur effective Leff = Lgeo + Lp ∼ 1 µm. Le waist doit lui aussi
être minimisé, et pour cela le rayon de courbure de la fibre doit être le plus petit possible.
Les plus petits rayons de courbures réalisés dans notre équipe sont de l’ordre de 20 µm,
ce qui conduit à un waist de 1,1 µm. Le volume effectif minimal vaut V min

eff ∼ 1 µm3.
Cependant pour atteindre de tels volumes le miroir fibré doit en plus de posséder un petit
rayon de courbure, avoir une profondeur totale très faible pour permettre la réalisation d’une
cavité ultra-courte. Un volume de mode réaliste dans une gamme de paramètres maîtrisés
(R = 50 µm, Leff = 3 µm) est tout de même inférieur à 10 µm3.

II.4.4 Longueur de pénétration et couplage

Le couplage à l’émetteur (QD ou QW) s’exprime à partir de l’indice effectif et de la
longueur effective comme g−2 ∝ n2

effLeff . En exploitant la dépendance linéaire de n2
effLeff

avec la longueur géométrique (cf. figure II.10) la constante de couplage peut s’écrire :

g ∝
(

1

n2
effLeff

)1/2

=

(
| ~E(~rqd)|2

2
∫
εr(z)| ~E(~r)|2 d~r

)1/2

=

(
1

aLgeo + b

)1/2

=

(
α

Lgeo + β

)1/2

(II.56)

où α =

(
|Ez(zqd)|
Ecav

)2

rend compte du champ au niveau de l’émetteur par rapport au champ

dans le cavité et β =
∫
fibre

εr(z) |Ez(z)|2
E2
cav

dz +
∫
sample

εr(z) |Ez(z)|2
E2
cav

dz représente la pénétration
du champ dans les couches par rapport au champ dans la cavité en prenant en compte
l’effet d’indice effectif. Pour l’échantillon contenant des QDs, α = 1,04 traduisant la légère
surtension du champ au niveau des QDs ; et β = 8,1 µm. Pour l’échantillon contenant le
QW, α = 0,99 et β = 7,4 µm.
Les longueurs totales Ltot définies pour les micro-cavités solides [132], sont définies à partir

du couplage de telle sorte que n2
cLtot = n2

effLeff , où nc est l’indice de la cavité (GaAs en
général), et Ltot = Lc + Lthp avec Lc = λ

nc
pour une cavité « λ », et Lthp la longueur de

pénétration usuellement définie pour les micro-cavités solides. Cette longueur de pénétration
Lthp peut être calculée à l’aide de formules approchées [132] valables pour les empilements de
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Figure II.10 – Le produit n2
effLeff est calculé pour différentes longueur pour un échantillon

contenant des QDs (points bleus), et pour un échantillon contenant un QW (croix vertes).
Un ajustement linéaire permet d’extraire la dépendance avec la longueur géométrique. Les
coefficients directeurs valent 0,96 (QD) et 1,01 (QW), et les ordonnés à l’origine 7,7 µm
(QD) et 7,4 µm (QW).

nombreuses couches diélectriques ou semi-conductrices. Pour le traitement diélectrique au
bout des fibres optiques la longueur de pénétration peut être évaluée par :

LfibreDBR =
1

2

λ0

2(nTa2O5 − nSiO2)
' 0,38 µm. (II.57)

La grande différence d’indice entre les deux matériaux diélectriques permet d’obtenir de très
faibles longueurs de pénétration du champ dans les couches. Le miroir semi-conducteur,
quant à lui est constitué par l’alternance de couches d’arséniure de gallium (GaAs) et
d’arséniure d’aluminium (AlAs) ce qui permet aussi de maximiser la différence des indices
(en comparaison des miroirs obtenus par alternance de couche de GaAs et AlGaAs), et donc
de réduire la pénétration du champs dans les couches semi-conductrices (à 4K nGaAs = 3,54
et nAlAs = 2,93) :

LscDBR =
1

2

λ0nGaAsnAlAs
2n2

GaAs(nGaAs − nAlAs)
' 0,31 µm. (II.58)

Pour une cavité solide « λ » formée par deux miroirs semi-conducteurs : n2
GaAS(Lc +

2LscDBR) ' 11 µm. Pour une cavité hétérogène, la prise en compte de la pénétration se
fait avec deux indices de cavité différents, nGaAs d’une part et n = 1 d’autre part :

n2
GaAS(Lc + LscDBR) + Lgeo + LfibreDBR = Lgeo + 7,45µm. (II.59)

en très bon accord avec les simulations du champ dans les couches.
Il est tout de même intéressant de noter que le couplage dans une cavité FFP de longueur

géométrique Lgeo = 3,5 µm est équivalent au couplage obtenu dans une micro-cavité solide 8.

8. Pour le couplage aux QDs, cela dépend évidemment de la taille transverse du mode.
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Cela est dû au fait que le miroir diélectrique se termine par un indice fort ; la nature de la
dernière couche (indice fort ou faible) est primordiale pour la pénétration du champ dans les
couches (cf. II.4.2) alors que la réflexion ne dépend que de la différence d’indice.

Conclusion du chapitre II
Au cours de ce chapitre nous avons présenté différents modèles décrivant le couplage d’un

émetteur solide à une micro-cavité fibrée. Nous avons pu déterminer la signature de ce
couplage dans le spectre de la cavité, et montrer que ce dernier est le même pour différents
émetteurs dans le régime de basse puissance. Nous avons défini le régime de couplage fort
qui est atteint quand le couplage cohérent entre l’émetteur et la cavité est supérieur aux
constantes de fuite. Le calcul du paramètre de couplage pour une QD nous incite à minimiser
le waist du mode et la longueur de cavité et donc à travailler avec des miroirs fibrés possédant
un très faible rayon de courbure. Le couplage à un puits quantique sera lui maximisé pour des
cavités courtes, quelle que soit la taille transverse du mode. Nous avons de plus montré que
ce couplage devrait être du même ordre de grandeur que celui obtenu dans des micro-cavités
solides, malgré une longueur de cavité expérimentale plus grande. Enfin, la simulation du
champ dans les couches nous permet de connaître la variation du couplage avec la longueur
géométrique de la cavité :

gQD =

(
e2

2ε0m0

f
π
2
w2

0

1

Lgeo + 8µm

)1/2

(II.60)

gQW =

(
e2

2ε0m0

f

S

1

Lgeo + 7,4µm

)1/2

(II.61)

La valeur typique attendue pour le couplage avec une QD est gqd ' 12 µeV, évaluée à
partir de la formule II.60 avec f = 10, w0 = 1,7 µm pour Lgeo = 3 µm. Pour le couplage
avec un puits quantique le couplage typique vaut gqw ' 1,8meV pour f/S = 5.1016 m−2 et
Lgeo = 3 µm. Il est intéressant de comparer ces valeurs à κ = πc

2FLgeo qui vaut à peu près 10

µeV pour Lgeo = 3 µm et une finesse de 10 000. Il est à noter que le rapport g/κ augmente
avec la longueur de la cavité.
Le couplage de la micro-cavité FFP à un émetteur solide peut à priori nous permettre de

rentrer dans le régime de grande coopérativité. Nous allons maintenant nous intéresser au
couplage d’un puits quantique (§III) , puis d’une boîte quantique (§IV) à la micro-cavité
fibrée du point de vue expérimental.



CHAPITRE III

Couplage d’un puits quantique à une cavité fibrée en régime
d’excitation faible

Après la description théorique du couplage d’un émetteur à la cavité FFP, nous nous
intéressons ici à sa mise en place expérimentale avec un QW. Depuis l’observation des
polaritons dans une micro-cavité plane [18], plusieurs méthodes ont été développées pour
piéger les polaritons, dans des micropilliers [139,140,141], dans des micro-cavités présentant
des plateaux de confinement [40], ou encore en déformant la structure plane de la micro-
cavité [23]. L’étude des polaritons confinés dans une cavité ajustable est nouvelle et comme
nous allons le voir le système utilisé permet d’étudier plusieurs régimes selon la valeur des
paramètres CQED.
Dans ce chapitre, nous commencerons par décrire le montage expérimental mis en

place pour coupler un QW à une cavité FFP. Nous préciserons notamment les propriétés
des échantillons utilisés ainsi que les montages optiques permettant les mesures de
photoluminescence (PL) et les mesures en excitation résonante. Nous présenterons ensuite les
polaritons confinés obtenus dans une cavité FFP et décrirons leurs propriétés dans le régime
de faible excitation. Nous montrerons notamment que le dispositif expérimental permet de
passer continûment du couplage faible au couplage fort en changeant la longueur de la cavité.
Enfin nous expliciterons le rôle joué par le désordre dans l’échantillon, et ses conséquences
observables expérimentalement, achevant ainsi la caractérisation du système.
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III.1 Montage expérimental

Nous commencerons la description du montage expérimental par l’aspect cryogénique.
Nous détaillerons ensuite les échantillons semi-conducteurs que nous avons étudiés et nous
présenterons enfin les montages optiques utilisés.

III.1.1 Montage cryogénique fibré

L’expérience a lieu à l’intérieur d’un « scanner » (cylindre en laiton cf. figure III.1). Sur
la partie supérieure, une fibre dotée d’un miroir est collée 1 dans une cannelure en forme de
V en silicium 2. Le montage nous permet de travailler avec trois fibres différentes en même
temps. L’échantillon est collé avec du polyméthacrylate de méthyle (pmma) sur un support
(pouvant contenir au maximum 4 échantillons) placé sur les piézo-électriques permettant
une translation dans les trois directions de l’espace. Les translations dans les directions
transverses permettent de changer d’échantillon ou de tester différents points de l’échantillon.
La direction longitudinale permet de varier la longueur de cavité. L’extension totale des piézo-
électriques 3 est de 5 mm. Grâce à une technologie de glissement-accroche (« slip-stick ») la
position du piézo-électrique peut être variée par étapes (« step ») pour parcourir une grande
distance ( du µm au mm) ou de façon continue sur une plage de 1,5 µm. Ces positionneurs
fonctionnent à 4 K et possèdent un système d’encodage de la position (résolution ∼ 1 µm)
à partir d’une mesure de la résistance en trois points du positionneur.
Le système est suspendu au bout de tiges métalliques et le tout est placé dans un tube

en aluminium de 50 mm de diamètre. Le tube est pompé jusqu’à des pressions de l’ordre
de 1.10−5 mbar. Puis de l’hélium gazeux est ajouté pour assurer les échanges thermiques
jusqu’à une pression de l’ordre de 3 − 30 mbar. Le seul accès optique est fibré. Les fibres
passent à travers des augets (« feedthrough ») en téflon pris dans un cône et serrés par un
boulon (swagelock) assurant l’étanchéité. Les contacts électriques pour les piézo-électriques
(2+3 contacts par piezo-électrique) et pour le thermomètres (4 contacts) sont assurés par
une prise DB25 directement soudée sur une bride. Le signal de photodiode est récupéré par
l’intermédiaire d’un coaxial blindé et l’étanchéité est assurée à l’aide d’un connecteur fisher.
Le signal est ensuite amplifié 4 entre 103 et 1011 V/A. L’acquisition de l’ensemble des signaux
électriques est effectué à l’aide d’un carte d’acquisition 5 qui permet aussi de contrôler les
piézo-électriques par l’intermédiaire du contrôleur Attocube (ANC 300).
Le tube contenant le système est plongé directement dans un dewar d’hélium liquide à

large encolure. La température est mesurée 6 au niveau du porte-échantillon et peut être
ajustée entre 4,5 K et 300 K en jouant sur la hauteur d’insertion du tube. Ce montage
permet de réaliser des expériences à froid pendant une quinzaine de jours avant de nécessiter
un remplissage du bidon d’hélium (capacité 65L).

1. Colle UV Dymax OP-4-20641 particulièrement résistante aux cycles thermiques entre 300 et 4 K.
2. V-groove AMS technologies de référence VGC-4-250-10.4-7.8-1. Cette puce contenant 4 cannelures est

collée à l’aide de la colle Stycast Black sur un support fixé ensuite au scanner, ce qui permet d’interchanger
les fibres.

3. piézo-électriques Attocubes ANPx101 (2×) et ANPz101
4. Amplificateur en courant bas bruit à gain variable Femto DLPCA-200.
5. Carte d’acquisition de données (16 bits) National Instruments NI USB-6259.
6. Diode silicium thermo-sensible Lakeshore DT-470.
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Figure III.1 – La cavité est formée par la fibre optique d’une part et par un miroir plan
semi-conducteur d’autre part. Ces derniers sont placés sur trois piézoélectriques attocubes
(translation tri-dimensionnelle). Le tout est enfermé dans un cylindre en laiton suspendu au
bout d’une canne. Cette canne est insérée dans un tube en aluminium étanche, et ce dernier
est plongé directement dans un bidon d’hélium liquide à 4 K.
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III.1.2 Échantillons semi-conducteurs contenant un QW

Les échantillons étudiés ont été produits par épitaxie par jet moléculaire à l’ETH Zurich
dans le groupe d’Atac Imamoglu par Javier Miguel Sanchez. Ils sont constitués de deux
parties : un miroir de Bragg et une couche contenant l’émetteur (cf. figure III.2 gauche).
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Figure III.2 – À gauche : Structure d’un échantillon contenant un puits quantique. À
droite : Photoluminescence (PL) d’un puits quantique dans l’espace libre à 4K. L’ajustement
(courbe rouge) de la courbe expérimentale est obtenue à l’aide de la somme de deux
lorentziennes représentant les excitons libres et liés (courbe en pointillés). La largeur à mi-
hauteur (fwhm) de la raie excitonique mesurée par PL vaut 1,4 meV.

Les miroirs de Bragg sont constitués par une alternance de 28 (ou 30 selon les échantillons)
paires de GaAs et AlAs assurant une différence d’indice maximale (cf. II.4.4). Les puits
quantiques sont constitués de InxGa1−xAs où x est le taux d’indium. Pour les échantillons
contenant un seul puits quantique, ce dernier est placé au centre d’une couche de GaAs de
longueur optique λ0. Nous avons aussi étudié des échantillons possédant 1, 3 et 9 puits
quantiques, ces derniers étant situés près des maximum du champ dans une couche de
longueur optique 2λ0. Dans un premier temps nous avons choisi une longueur d’onde centrale
pour le miroir de Bragg autour de λ0 = 900 nm pour limiter au maximum les pertes par
absorption dans les couches semi-conductrices et maximiser la finesse de la cavité. Ainsi les
puits quantique possèdent un taux d’Indium assez élevé (x = 10%) pour une largeur de puits
de 10 nm.

III.1.3 Montages optiques

Nous présentons les deux principaux montages optiques utilisés au cours de cette thèse
pour caractériser le système : le montage de photoluminescence, puis le montage en excitation
résonante.

III.1.3.a Montage de photoluminescence

Le principe de la photoluminescence est explicité par la figure III.3. L’absorption d’un
photon dont l’énergie est supérieure ou autour du gap du matériau semi-conducteur, crée une
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Figure III.3 – Principe de la photoluminescence. Un photon d’énergie supérieure au gap du
semiconducteur (λPL ∼ 780 nm) est absorbé, créant une paire électron trou. Cette dernière
relaxe rapidement (< 100 ps) dans les états piégés par des processus non optique (émission
de phonons). Puis la recombinaison des porteurs donne naissance à un photon d’énergie
inférieure (λ0 ∼ 900 nm) correspondant à la photoluminescence de l’émetteur.

paire électron-trou libre. Cette dernière relaxe vers le fondamental du puits quantique par des
processus non-optiques (émission de phonons, collisions) et forme un exciton [106, 142]. La
recombinaison des porteurs conduit au signal de photoluminescence. L’analyse des photons
réémits par le système lors d’une excitation non résonante (λPL ∼ 780 nm), permet d’obtenir
de très nombreuses informations, et sera largement utilisée dans la suite de cette thèse.
La figure III.2 (à droite) présente la photoluminescence à 4 K, dans l’espace libre, de

la ligne excitonique d’un échantillon possédant un unique puits quantique. Cette première
caractérisation est obtenue dans un montage confocal permettant d’obtenir un diamètre
d’excitation limité par diffraction proche de 2 µm (micro-PL). La largeur du spectre est due
à la présence des atomes d’Indium dans le cristal [143] et sera étudiée en détail dans le §III.3.

La figure III.4 présente le montage optique utilisé pour observer la photoluminescence
du puits quantique en cavité. La lumière non-résonante est issue d’un laser 7 émettant à
780 nm ; le choix de la longueur d’onde d’excitation est dicté par la faible réflexion du
traitement réfléchissant de la fibre (près du second creux de réflectivité cf. figure A.8) et
par son côté pratique (780 nm est la longueur d’onde utilisée dans notre équipe car elle
correspond à la transition D2 des atomes de Rubidium). À cette longueur d’onde, l’effet
cavité est négligeable et la fibre achemine simplement la lumière non résonante au niveau
de l’émetteur. La puissance est asservie à l’aide d’un modulateur acousto-optique (AOM)
contrôlé par un PID 8. Le point de fonctionnement peut être choisi par ordinateur via une
sortie analogique sur la carte National Instruments.
La lumière de photoluminescence est séparée de la lumière excitatrice à l’aide d’un miroir

7. Laser « NarrowDiode » Radian Dyes linéaire inspiré d’un design développé au laboratoire du Syrte,
Observatoire de Paris. La puissance maximale du laser est de l’ordre de de 70mW.

8. Analog PID controller SIM 960.
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Figure III.4 – Montage optique de photoluminescence. La lumière d’excitation est fournie
par un laser continu émettant à 780 nm. Un modulateur acousto-optique réalise un
asservissement de la puissance du faisceau. Un système de lame à retard permet de contrôler
la polarisation de la lumière entrante dans la cavité. Un miroir dichroïque sépare la lumière
de photoluminescence de la lumière incidente. La photoluminescence est analysée à l’aide
d’un spectromètre à réseaux et d’une caméra refroidie par modules Pelletier.

TEM00TEM10,01

TEM00
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Figure III.5 – Spectre de photoluminescence obtenu pour un puits quantique unique de 11 nm
en cavité. La raie excitonique est à 903,7 nm. La cavité est formée par une fibre monomode
et un miroir de Bragg (contenant 28 paires de couches) séparés de 57 µm.

dichroïque 9. La photoluminescence est analysée à l’aide d’un spectromètre 10 doté de deux
réseaux de 600 et 1200 traits/mm. Les mesures de photoluminescence sont effectuées avec

9. Filtre dichroïque à 785 nm Semrock LPD01-785RU-25.
10. Spectromètre Princeton Instrument Acton SP 2300.
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une caméra 11 refroidie à −55◦C dont les données sont récupérées via la carte d’aquisition.
La résolution du spectromètre (avec le réseau à 1200 traits) a été mesurée à l’aide d’un

laser de largeur inférieur à 300 kHz, et vaut 53 pm ce qui correspond à 80 µeV ou encore à
19 GHz (fwhm).
La figure III.5 présente un spectre typique de photoluminescence obtenu pour une

cavité longue. Il est possible de voir deux modes longitudiaux consécutifs ainsi que les
premiers modes transverses correspondants. Nous décrirons les propriétés des spectres de
photoluminescence au §III.2.
L’ensemble des paramètres de l’expérience sont ajustables par ordinateur ce qui permet

d’obtenir des spectres de photoluminescence tout en variant certains paramètres comme la
longueur de cavité ou la puissance d’excitation, de façon automatisée.

III.1.3.b Mesure en excitation résonante

Velocity
Laser

EOM AOM

PID

λ̸2
λ̸4

Ampli

Transmission 4Κ

Figure III.6 – Montage optique en excitation résonante. La longueur d’onde de la lumière
excitatrice peut être variée entre 890 et 910 nm. L’asservissement de la puissance du laser
est comme précédemment assuré à l’aide d’un AOM. De même pour les lames à retard
qui permettent un contrôle de la polarisation de la lumière entrante dans la cavité. La
transmission est mesurée à l’aide d’une photodiode à 4 K.

Le laser 12 d’excitation permet de balayer la longueur d’onde sur une plage de 20 nm autour
de la λ0 = 900 nm, sans saut de mode. La transmission est mesurée par une photodiode 13

placée sous l’échantillon. Le blindage du câble remontant le signal de photodiode avant
amplification est critique.
La résolution des mesures en excitation résonante est bien meilleure que celle du

spectromètre. Avec une amplification typique de 109 V/A, la bande passante est encore
de l’ordre du kHz, permettant de mesurer des lignes de largeurs de l’ordre du µeV.

11. Caméra Andor ikon M DU-934N-BRD. La tailles des pixels est de 13 µm ×13 µm.
12. Diode laser ajustable entre 890 et 910 nm ; New focus velocity TLB 6318.
13. Si PIN Photodiode Hitachi S5106 de photosensibilité ∼ 0,7 A/W @ 900nm. Ces photodiode ne

supportent pas toujours les cycles de refroidissement, et nécessite d’être changée fréquemment.
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TEM00

TEM10,01
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Figure III.7 – Transmission d’un puits quantique unique en cavité (λX = 903,7 nm)
obtenue en balayant la longueur d’onde du laser résonant. La cavité est formée par une
fibre monomode et un miroir de Bragg contenant 28 paires de couches.

Les mesures en excitation résonante permettent notamment de résoudre la largeur des pics
de cavité, et les deux polarisations du mode de cavité (cf. figure III.7). Le puits quantique
présente une largeur à mi-hauteur de 1,4 meV correspondant à la micro-PL dans l’espace
libre. Les spectres résonants notamment pour différentes longueurs de cavité seront étudiés
au §III.3

III.1.3.c Montage en transmission

J’ai aussi participé à la mise en place de ce montage en parallèle dans l’équipe
d’Atac Imamoglu à Zurich avec Andreas Reinhard et Thomas Volz. Les expériences de
photoluminescence ont été réalisées avec un laser Titane Saphir (MIRA 900 Coherent). La
longueur d’onde du laser peut être accordée entre 770 et 1000 nm. En mode impulsionnel,
les impulsions durent 4 ps avec un taux de répétition de 76 MHz. Les mesures de temps de
vie (cf. §III.2.2.b), ont en général été effectuées avec source blanche pulsée (Fianium Ltd.
SC-500-2).
Ce montage a récemment évolué en un montage en transmission (cf. figure III.8)

permettant de tirer avantage de la meilleur transmission du miroir semi-conducteur (moins
réfléchissant) que la fibre.
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Figure III.8 – Montage en transmission mis en place dans l’équipe de A. Imamoglu à
Zurich [96]. La mise en place d’une fenêtre permet d’extraire la transmission de la cavité, et
d’analyser les propriétés des photons transmis (spectre, corrélations).
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III.2 Polaritons 0D ajustables
Nous allons montrer que le montage expérimental mis en place au cours de cette thèse

permet d’atteindre le régime de couplage fort et l’observation des polaritons confinés (0D).
Nous détaillerons ensuite la transition continue entre le régime de couplage faible et fort
obtenue en changeant la longueur de la cavité. La variation des paramètres avec la longueur
nous permettra notamment de connaître la coopérativité du système.

III.2.1 Polaritons dans une cavité FFP

La figure III.9 présente un empilement de spectres de photoluminescence d’un puits
quantique unique en cavité obtenu en balayant la longueur de cavité. Cette dernière est
variée de telle sorte que la fréquence des modes de la cavité passe à travers la résonance
excitonique du QW. La longueur de la cavité est variée très faiblement (200 nm) et tous les
modes entrant en résonance possèdent le même profil longitudinal et ne diffèrent donc que
par leurs propriétés transverses. La structure obtenue est assez complexe car pour chacun de
ces modes un croisement évité est observé donnant naissance à un polariton de basse énergie
(LP) et de haute énergie (UP). Les modes transverses entrent successivement en résonance
avec l’émetteur au fur et à mesure que la longueur de cavité est réduite. Le dernier mode à
entrer en résonance est le TEM00 (avant le prochain mode longitudinal).
Un ajustement lorentzien des polaritons est effectué pour chacune des longueurs de cavité

et la longueur d’onde centrale est elle même ajustée à l’aide de la formule :

ELP,UP =
Ecav + EX

2
±
√

(~δ)2/4 + g2, où ~δ = Ecav − EX . (III.1)

La dépendance de l’énergie de la cavité avec la longueur de la cavité tient compte de la
variation de la phase des miroirs avec la longueur d’onde. Cet effet est particulièrement
important pour les cavités courtes (cf. annexe B).
L’écart minimum entre LP et UP correspond à la résonance entre le mode de cavité et le

QW. Pour un QW unique et une longueur de cavité de 4,4 µm, la séparation de Rabi vaut
ΩR = 2g = 3,4 meV, et ce indépendamment du mode de cavité considéré. En effet comme
nous l’avons vu au §II.3.4, la constante de couplage est indépendante de l’allure transverse du
mode de la cavité car ce dernier impose directement la forme de sa fonction d’onde transverse
à l’exciton.
La valeur numérique de la séparation de Rabi obtenue est du même ordre que celles

observées dans des micro-cavités intégrées [131, 40]. Ceci est du au fait que l’indice effectif
vu par le champ dans la cavité FFP est plus faible que dans les micro-cavités solides et
compense l’influence de la longueur géométrique. En tenant compte de la pénétration dans
les miroirs (cf. II.56), le puits quantique possède une force d’oscillateur de 5,0 1012 cm−2 en
accord avec la littérature [144].
Nous obtenons des spectres semblables pour les échantillons contenant 3 QWs avec

g3 = 2,3 meV et 9 QWs avec g9 = 4,35 meV pour une cavité de 3 µm. Le couplage
augmente théoriquement en

√
Nqw (comme le couplage collectif). L’échantillon possédant 3

puits présente une résonance centrée à 850 nm et possède une force d’oscillateur effective par
puits de 2,3 1012 cm−2. L’échantillon avec 9 QWs montre quand à lui, une force d’oscillateur
effective par puits de 3,6 1012 cm−2. Dans le cas d’un échantillon contenant plusieurs puits,
ces derniers ne sont pas tous situés exactement au maximum du champ.



76 Couplage d’un puits quantique à une cavité fibrée

900 902 904 906 908

Longueur d'onde (nm)

4.30

4.35

4.40

4.45

4.50

Lo
n
g
u
e
u
r 

d
e
 c

a
v
it

é
 (
µ
m

)

902 903 904 905 906

Longueur d'onde (nm)

0

5

10

15

P
h
o
to

lu
m

. 
(u

.a
.)

Figure III.9 – Polaritons observés en photoluminescence à l’aide d’une fibre SM.
L’échantillon présente un puits quantique unique émettant à 903,7 nm situé au dessus
d’un miroir de Bragg de 28 paires de couches. À gauche : empilement de 200 spectres
de photoluminescence pour différentes longueurs de la cavité. Plusieurs polaritons (et leurs
ajustements) sont visibles : LP0 (tirets verts) et UP0 (tirets rouges) formé à partir du mode
TEM00 (tirets noirs), LP1 (tirets et points verts) et UP1 (tirets et points rouges) formé à
partir du mode TEM01,10 (tirets et points noirs). La longueur d’onde du QW est repérée par
la courbe pointillée noire. Il est possible de distinguer les polaritons formés à l’aide de mode
de cavité TEMmn avec m+n ∼ 5. À droite : un spectre isolé pour L = 4,39 µm présente la
photoluminescence lorsque le mode TEM00 de la cavité est à résonance avec l’émetteur. La
séparation de Rabi entre le LP et UP vaut ΩR = 2g = 3,4 meV.

Intensité de la photoluminescence des polaritons

Comme le montre la figure III.9 (à droite) l’amplitude et la largeur des polaritons LP et
UP à résonance n’est pas la même (γLP = 210 µeV et γUP = 850 µeV), alors que le modèle
développé au §II.2.1.b prédit un spectre symétrique à résonance.
L’asymétrie entre l’amplitude du LP et du UP est en partie due à la thermalisation des

polaritons à l’aide de phonons acoustiques. Le confinement transverse des polaritons sur des
distances de l’ordre de quelques microns accélère la relaxation des excitons vers les états
polaritoniques de basse énergie, et augmente l’efficacité de la diffusion entre polaritons et
phonons [145]. En effet, le confinement transverse lève la conservation du moment transverse,
en élargissant la fonction d’onde polaritonique dans l’espace réciproque. Si la constante de
temps de diffusion entre polaritons et phonons est inférieure au temps de vie des polaritons,
il est alors possible de définir une température associée à une distribution de Maxwell-
Boltzman à partir du spectre de photoluminescence. La différence d’amplitude peut être
expliquée par un facteur de Maxwell-Boltzmann (cf. figure III.10 à gauche). Cependant la
différence observée dans les largeurs des polaritons ainsi que la dépendance avec le désaccord
ne sont pas expliquées dans ce modèle. L’asymétrie entre LP et UP sera complètement
explicitée en prenant en compte le désordre dans l’échantillon (cf. III.3).
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Figure III.10 – À gauche : le spectre de photoluminescence à résonance reproduit par
l’absorption définie par l’équation II.22 multipliée par un facteur de Boltzmann pour une
température de 16 K. À droite : dépendance de l’intensité de photoluminescence des
polaritons en fonction de leur énergie. Le zéro de l’énergie est placé à l’énergie du QW.
Les paramètres expérimentaux sont les mêmes que pour la figure III.9. Le désaccord entre la
cavité et l’émetteur est balayé en changeant la longueur de la cavité et l’on trace l’intensité
des différents polaritons : LP0 (ligne rouge) et UP0 (points rouges), LP1 (ligne verte) et UP1

(points verts). La résonance est repérée par les lignes verticales à ±g = 1,7 meV.

L’intensité de PL des polaritons en fonction de leur énergie est présentée sur la figure
III.10 (à droite), et l’on observe que le maximum est proche de la résonance. Il est aussi
possible de voir une queue à basse énergie traduisant le fait que le système émet des photons
à la fréquence de la cavité même lorsque cette dernière est très désaccordée [146]. Cette
alimentation de la cavité peut être observée pour de très grands désaccord δ ∼ −10 nm.
La prise en compte d’un terme de déphasage pur de l’émetteur dans le modèle précédent
peut expliquer cette observation [104]. Cet effet peut aussi être analysé directement en
prenant en compte les processus impliquant les états excités des porteurs (cf. §IV.2.1).
Expérimentalement, cette alimentation de la cavité sous excitation non-résonante permet
d’obtenir une source de lumière accordable (en changeant la longueur de la cavité) sur une
grande plage de fréquences.

III.2.2 Transition continue du couplage faible au couplage fort

En changeant la longueur de la cavité sur de grandes échelles (plusieurs dizaines de
microns), il est possible de changer de façon conséquente la valeur du paramètre de couplage
et le temps de vie des photons dans la cavité, ou autrement dit le facteur de qualité de la
cavité. Ceci nous permet notamment de passer du couplage faible au couplage fort tout en
sondant toujours le même point de l’échantillon à puissance constante.
La figure III.11 présente les spectres obtenus lors de la variation de la longueur de la cavité

pour des cavités de plus en plus courtes. Le piézo-électrique utilisé permet une variation sur
des distances millimétriques grâce à une technologie de glissement-collage (« slip-stick »),
puis un balayage de la longueur de cavité sur des distances de l’ordre du micron.
Quand la cavité est longue le système est dans le régime de couplage faible et les spectres
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de PL permettent de visualiser les fréquences propres de la cavité (3 modes longitudinaux
et les modes transverses correspondants). La dispersion des fréquences de cavité ne traduit
pas la présence de l’émetteur. L’effet du couplage est progressif jusqu’à distinguer un anti-
croisement des polaritons dans le régime de couplage fort.

III.2.2.a Couplage en fonction de la longueur de la cavité

Comme nous l’avons vu (cf. équation II.56), la dépendance du couplage avec la longueur
géométrique est : g = α/

√
Lgeo + β. Ceci peut être vérifié expérimentalement en mesurant

le couplage pour différentes longueurs de cavité (cf figure III.12). La dépendance observée
du couplage avec la longueur de la cavité est en parfaite accord avec le calcul théorique et
numérique.
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Figure III.12 – Variation du paramètre de couplage avec la longueur de la cavité.
L’échantillon est ici constitué par 3 puits quantiques émettant à 848,2 nm situés au sommet
d’un miroir de Bragg de 22 paires de couches. Les points noirs sont les points expérimentaux
et la courbe rouge représente un ajustement selon la formule II.56. La longueur de pénétration
(qui tient compte de l’effet d’indice) obtenue vaut β = 7,4 µm, en parfait accord avec nos
simulations numériques. La force d’oscillateur par puits quantique extraite vaut 2,3 1012

cm−2.

III.2.2.b Temps de vie et facteur de qualité en fonction de la longueur de cavité

La figure III.13 présente une mesure de temps de vie effectuée pour plusieurs longueurs
de cavité à 904,8 nm. Le temps de vie du LP augmente avec la longueur de la cavité
et sature aux alentour de 100 ps. Pour une même longueur d’onde du polariton bas, le
coefficient de Hopfield représentant le poids de l’exciton varie avec la longueur de la cavité,
par l’intermédiaire de la réduction du couplage. Pour une cavité de 30 µm nous obtenons un
temps de vie de 100 ps pour un poids excitonique de 14 %.
À l’aide de la mesure du temps de vie des polaritons (cf. §I.3.4) ou de la largeur spectrale

en excitation résonante, nous pouvons déterminer le facteur de qualité de la cavité pour
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Figure III.13 – Les temps de vie des polaritons sont mesurés à λLP = 904,8 nm sur un
échantillon possédant 4 puits quantiques centrés en λX = 901,4 nm. Lors de la variation de
la longueur de la cavité, le couplage décroit et avec lui le poids excitonique de l’exciton |hx|2
dans le LP (cf. encart).
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Figure III.14 – Facteur de qualité de la cavité mesuré par l’intermédiaire du temps de vie
de la cavité à l’aide d’une streak caméra à 910 nm. L’échantillon ne possède qu’un puits
quantique centré à 903,7 nm.

différentes longueurs. En effet, en nous intéressant au temps de vie du système à grand
désaccord, nous déterminons le facteur de qualité de la cavité (cf. figure III.14).
En allongeant la cavité, le facteur de qualité augmente jusqu’à Q ∼ 250 000, ce qui

correspond à des temps de vie du photon de l’ordre 120 ps. Dans les micro-cavités semi-
conductrices le temps de vie du polariton est en général limité par le temps de vie du
photon. Nous verrons que ce n’est pas le cas ici, en nous intéressant à la dépendance du
temps de vie (ou de la largeur spectrale) avec le désaccord cavité-exciton (cf. III.3.2.b).
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III.2.2.c Coopérativité en fonction de la longueur de la cavité

La coopérativité du système est un paramètre important en CQED permettant de
comparer les taux de couplage cohérent g et les taux de couplage incohérent κ et γ du
système [147] :

C =
g2

2κγ
. (III.2)

Nous étudierons l’origine de la largeur spectrale du puits quantique au §III.3 ; ici nous
assimilons simplement la largeur mesurée en PL dans l’espace libre à la constante de fuite
de l’émetteur 2γ = 1,4 meV. La variation des paramètres avec la longueur étant connue, on
en déduit la variation de la coopérativité avec la longueur de cavité (cf. figure III.15).
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Figure III.15 – La coopérativité du système est tracée en fonction de la longueur de la
cavité. Nous avons utilisé le couplage g de la figure III.12 ramené à un puits quantique, κ
est déterminé à partir des mesures de temps de vie (cf. figure III.14) et γ = 1,4 meV.

Dans un premier temps la coopérativité augmente avec la longueur de cavité traduisant le
fait que le couplage au carré diminue moins vite que le temps de vie du photon augmente.
Puis la coopérativité du système sature autour de C = 200. Le régime de haute coopérativité
est particulièrement intéressant pour l’information quantique [148] car dans ce régime, une
excitation peut être échangée de façon cohérente entre l’émetteur et la cavité.
Nous allons maintenant nous intéresser à l’origine de la largeur spectrale de l’émetteur et

aux mécanisme de pertes intervenant dans le puits quantique.
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III.3 Rôle du désordre

L’asymétrie entre le polariton bas et haut ainsi que la variation de l’amplitude et de
la largeur des polaritons en fonction du désaccord ne sont pas expliquées par le modèle
développé au §II.2. Nous allons voir que le désordre dans le puits quantique joue un
rôle critique par l’intermédiaire de mécanisme de pertes effectives dans l’émetteur. Nous
développerons un modèle permettant de prendre en compte le désordre dans le puits
quantique à partir de la théorie de la résolvante, puis nous testerons la pertinence de ce
modèle à l’aide de mesures en excitation résonante.

III.3.1 Désordre et pertes effectives

Après une brève discussion des pertes dans un QW, nous allons présenter l’origine du
désordre et montrer comment il induit des pertes effectives pour le mode de cavité.

III.3.1.a Mécanismes de pertes

Dans un semi-conducteur tri-dimensionnel l’absorption d’un photon crée un exciton de
vecteur d’onde identique à celui du photon. En effet, la symétrie par translation dans les
trois directions de l’espace se traduit par la conservation des trois composantes du vecteur
d’onde.
Dans le cas d’un puits quantique dans l’espace libre, la symétrie par translation est brisée

dans la direction de croissance de l’échantillon (axe z), ce qui se traduit par le relâchement
de la conservation du vecteur d’onde dans cette direction. L’exciton est donc couplé à un
continuum (associé à la valeur de kz) du champ électromagnétique. Une évaluation théorique
de ce couplage donne γfree ∼ 15 µeV [149].
Pour un atome ou plus généralement un émetteur 0D la largeur spectrale dans l’espace

libre γ change peu lorsque l’émetteur est placé en cavité. En effet le caractère ponctuel
de l’émetteur lui permet d’émettre des photons dans toutes les directions de l’espace (4π
stéradians), et en général l’angle solide sous lequel est vu la cavité par l’atome est faible et
influence peu le couplage aux modes de pertes.
En revanche, pour le puits quantique, la quantification des vecteurs d’onde kz des photons

opérée par la cavité prive, à priori, les excitons de tout couplage à un continuum de pertes.
La désexcitation optique des excitons dans des modes de pertes peut alors être négligée [107].
Il existe tout de même des mécanismes de pertes non-optiques dans le QW, comme par

exemple le couplage à un bain de phonons [150], ou encore l’échange de trou par des excitons
de polarisation différentes [151]. Ce dernier permet à 2 excitons brillants (|⇑, ↓〉+ |⇓, ↑〉) de
diffuser vers des états noirs (|⇑, ↑〉 + |⇓, ↓〉) qui ne sont plus couplés à la cavité. La valeur
de γhom est donc à priori non nulle mais reste très faible devant les autres paramètres du
système.
La largeur spectrale observée par PL dans l’espace libre 2γ = 1,4 meV, ainsi que la largeur

des polaritons ne peut être expliquée à l’aide de la largeur homogène du QW, et provienent
d’une inhomogénéité de la fréquence de résonance des excitons dans le puits.



III.3 Rôle du désordre 83

III.3.1.b Désordre et déphasage

Il existe plusieurs mécanismes créant une inhomogénéité de fréquence des excitons dans
les QWs. En effet, les porteurs de charges évoluant dans le puits sont soumis à un potentiel
désordonné qui peut être créé par la fluctuation de la largeur du puits lors de la fabrication
par épitaxie [152]. Ce potentiel désordonné peut aussi être provoqué par la structure ternaire
de l’InGaAs, dans lequel les atomes d’indium remplacent de manière aléatoire le gallium dans
la structure cristallographique [153]. Pour des puits larges (∼ 10nm), ce dernier effet domine
et cause l’élargissement inhomogène mesuré par photoluminescence dans l’espace libre [143].
Nous nous plaçons ici dans le cadre du modèle de Tavis-Cumming (cf. II.1.2) dans

l’approximation de faible excitation. Un mode de cavité est couplé à N émetteurs dont
les fréquences ne sont pas toutes identiques. Un émetteur est caractérisé par sa fréquence
propre ωi, son taux de pertes γi et son couplage au mode de cavité gi et le Hamiltonien
s’écrit :

ĤTC = ~ωcâ†â+
∑
i

~ωib̂†i b̂i +
∑
i

~gi(â†b̂i + âb̂†i ). (III.3)

Les modes |φi〉 = b̂†i |0〉 représentent les modes propres des excitons dans le désordre.
Le mode de cavité se couple uniquement au mode superradiant (cf. équation II.8) avec un
couplage g =

√∑
i g

2
i , ce qui signifie que les modes du désordre partagent l’excitation

selon leurs couplage gi. Si tous les émetteurs ont des fréquences propres identiques, ce mode
est aussi mode propre du hamiltonien de la matière, et le modèle correspond au couplage
à un seul émetteur. Lorsque les émetteurs n’ont pas tous la même fréquence, ils vont se
déphaser les un par rapport aux autres. Le déphasage est d’ailleurs quantifié par la largeur
de la distribution en fréquence ∆. Comme le mode déphasé possède un couplage réduit à la
cavité, ce mécanisme conduit à un élargissement inhomogène, et à des pertes effectives.
Le champ intra-cavité lors d’une excitation résonante par le canal de la cavité est donné

par (cf. §II.2.1) :

α(ω) =
1

ω − ωc + iκ−W(ω)
,

avec W(ω) =
∑
i

|gi|2
ω − ωi + iγi

. (III.4)

Nous considèrerons dans la suite que tous les émetteurs possèdent les mêmes pertes γi = γ.
Et nous considérons dans un premier temps une répartition continue des émetteurs ρ(ω) telle
que :

W(ω) = g2

∫ ∞
−∞

dω′
ρ(ω′)

ω − ω′ + iγ
. (III.5)

La partie réelle de la fonction W(ω) représente l’énergie propre du puits quantique, et
−Im(W(ω)) représente la largeur spectrale de l’émetteur contenant le terme d’élargissement
inhomogène.
Nous allons voir que les conséquences expérimentales dépendent de la modélisation de la

répartition en fréquence des émetteurs.
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III.3.2 Modèles du désordre

Nous considérerons une répartition lorentzienne puis gaussienne des fréquences propres
des émetteurs, avant de présenter un modèle microscopique du désordre.

III.3.2.a Désordre lorentzien

Nous considérons ici une densité spectrale lorentzienne centrée en ωX et de largeur à
mi-hauteur 2∆ : ρ(ω) = ∆/π

(ω−ωX)2+∆2 . Dans ce cas [100] :

WL(ω) =
g2

ω − ωX + i(γ + ∆)
, (III.6)

et l’on retombe sur l’expression pour un émetteur unique avec un taux de pertes effectif
γeff = γhom + ∆. Autrement dit la largeur inhomogène due à une répartition lorentzienne
des fréquences propres des émetteurs et indistinguable de leur largeur homogène [99]. Ce
modèle ne permet pas de rendre compte de la variation de l’amplitude, et de la largeur des
polaritons avec le désaccord.

III.3.2.b Désordre gaussien

Dans le cas d’un désordre gaussien centré en ωX et d’écart type ∆, la densité spectrale

s’écrit : ρ(ω) = 1
∆
√

2π
e−

(ω−ωX )2

2∆2 et [100] :

WG(ω) =
g2

i∆

√
π

2
e−

(ω−ωX+iγ)2

2∆2 erfc(
ω − ωX + iγ

i
√

2∆
),

avec erfc(−iz) =
iez

2

π

∫ ∞
−∞

dω′
e−ω

′2

z − ω′ . (III.7)

Contrairement au désordre lorentzien, dans le cas gaussien, la largeur inhomogène
introduite par la prise en compte du désordre peut être dépassée. En effet, comme le montre la
figure III.16, pour un couplage g & 3∆, on récupère la largeur homogène dans le spectre. En
effet, quand le couplage est grand devant la largeur inhomogène, cela signifie que l’excitation
dans la matière (dans le mode superradiant) se recouple à la cavité avec un taux suffisamment
important pour que le déphasage entre chacun des émetteurs n’ait pas le temps de provoquer
de grande pertes [154].
Ce modèle rend très bien compte de la variation de l’amplitude, et de la largeur des

polaritons avec le désaccord (cf. figure III.17) mesurée en excitation résonante. Cela nous
permet de caractériser l’amplitude du désordre dans le puits quantique ∆ = 1,4 meV.
Parallèlement à la chute de l’amplitude du LP en transmission, on observe une augmentation
subite de la largeur du LP quand le système est approché de résonance. Ceci traduit le fait
que le temps de vie du polariton n’est pas limité par le temps de vie du photon dans la cavité
mais bien par le mécanisme de déphasage ayant lieu dans le QW. Cela est aussi visible sur
les mesures de temps de vie des polaritons pour différents désaccords (cf. figure III.18).
L’asymétrie observée entre les polaritons haut et bas n’est toujours pas expliquée par ce

modèle. Pour cela il faut prendre en compte la dynamique de l’émetteur à travers un modèle
microscopique.
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Figure III.16 – Comparaison des spectres obtenus en présence d’un désordre lorentzien ou
gaussien. Pour un désordre lorentzien (à gauche) la largeur des pics à résonance est la
somme de la largeur homogène et inhomogène. Dans le cas gaussien (à droite) la largeur
inhomogène laisse place à la largeur homogène pour g & 3∆. Figure extraite de [100].

III.3.2.c Modèle microscopique du désordre

Le mouvement du centre de masse des excitons au sein du puits quantique est soumis à
un potentiel désordonné V(~r). Nous supposerons que le potentiel a une valeur moyenne nulle
et qu’il est distribué selon une gaussienne de variance ∆. Nous supposerons de plus que la
fonction d’autocorrélation du potentiel est exponentielle avec une longueur de cohérence lc :

〈V(~r)V(~r′)〉 = ∆2 e−
|~r−~r′|
lc . (III.8)

Le choix d’un potentiel corrélé pour décrire le désordre se justifie par le fait que le
mouvement relatif des charges composant l’exciton moyenne le désordre sur des distances de
l’ordre du rayon de Bohr aX [155].
Le Hamiltonien du centre de masse des excitons dans un puits quantique désordonné s’écrit

HX = p2

2M
+ V(~r), avec M = mv +mc la masse de l’exciton. Les états propres et les énergies

propres du Hamiltonien désordonné sont notés |φi〉 et ωi respectivement.
La fonctionW définie précédemment est en fait le propagateur de l’état superradiant vers

ce même état à travers la matière. Autrement dit elle est liée (par transformée de Laplace) à
la probabilité qu’une excitation initialement placée dans l’état superradiant y demeure après
un certain temps.

W(ω) =
∑
i

g2
i

ω − ωi + iγi

= g2 〈S| 1

ω −HX

|S〉

= −ig2 〈S|
∫ ∞

0

dt eiωte−iHX t |S〉 (III.9)

où l’état superradiant est |S〉 =
1

g

∑
i

gi |φi〉 .
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Figure III.17 – Largeur (à gauche) et amplitude (à droite) du LP en fonction de son
énergie repérée à partir du QW. Les points expérimentaux sont obtenus à partir d’ajustements
lorentziens du LP dans les spectres en transmission de la cavité soumise à une excitation
résonante. Les points expérimentaux sont ajustés simultanément (courbes rouges) à partir
de la transmission calculée avec un modèle de désordre gaussien (équation III.7) pour
κ = 16 µeV, g = 1,5 meV et ∆ = 1,4 meV. L’échantillon est le même que celui de la
figure III.9.

16 14 12 10 8 6 4 2

Énergie du LP (meV)

40

45

50

55

60

65

70

75

T
e
m

p
s 

d
e
 v

ie
 d

u
 L

P
 (

p
s)

Figure III.18 – Le temps de vie du LP est mesuré en fonction de son énergie. L’échantillon
possèdent 4 QWs, et présente un couplage de 2,7 meV pour une longueur de cavité de 14,5 µm.

Les modèles du désordre développés jusqu’ici négligent l’énergie cinétique des excitons.
Cela revient à négliger l’énergie de localisation, et à considérer que la fréquence propre des
émetteurs est directement imposée par la valeur locale du potentiel. En effet, en moyennant
sur les réalisations du désordre :

〈e−iV(~r)t〉 = e−
∆2t2

2 . (III.10)

En négligeant l’énergie cinétique des excitons on retrouve exactement le modèle du désordre
gaussien développé précédemment WG. Cependant l’énergie de localisation due au désordre
n’est à priori pas négligeable. Il existe trois énergies caractéristiques dans le système qui
sont :
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Figure III.19 – Schéma du potentiel ressenti par les porteurs de charges dans un puits
quantique désordonné.

– l’amplitude du désordre ∆ ∼ 1 meV,
– l’énergie de localisation dans le désordre El = ~2

2Mlc
∼ 1 meV pour lc ∼ aX ,

– l’énergie du confinement optique ~2

2Mw2
0
∼ 0,1 µeV pour w0 ∼ 1 µm.

L’énergie de confinement optique peut être négligée, ce qui revient à ne considérer que les
excitons de vecteur d’onde ~k = 0 14. La fonction W s’exprime à l’aide de l’énergie propre
de l’exciton (« self-energy ») en ~k = 0, Σ0, comme W(ω) = 1

ω−Σ0(ω)
. La dépendance de

l’énergie propre Σ0 avec l’énergie complexe z peut être calculée numériquement en résolvant
l’équation [155] :

w

(
1√
2∆

(Σ0 +
1

R(z − Σ0)
)

)
= i

√
2

π

∆

El
R (z − Σ0) ,

avec w(z) = e−z
2

erfc(−iz), (III.11)

et R(z) =
s2 + 4s+ 3 + 2 log−s

(1 + s)3
, où s =

z

El
.

La détermination de la fonction W(ω) nous renseigne sur l’ensemble des propriétés de
l’émetteur. La figure III.20 présente la partie réelle et imaginaire de W(ω) et de WG(ω),
comparant ainsi les résultats avec et sans la prise en compte de l’énergie de localisation dans
le désordre El.
Outre le décalage de la fréquence de résonance, l’élargissement inhomogène est plus fin et

asymétrique. L’énergie de localisation asymétrise la courbe qui décroit lentement du côté des
hautes fréquences. Le UP subit donc un élargissement inhomogène plus grand que le LP et
la prise en compte de l’énergie cinétique des porteurs [103] rend bien compte de l’asymétrie
des polaritons (cf. figure III.21).
En effet le LP possède une énergie proche de EX − ~g, et sa partie excitonique ne se

couple aux modes propres du désordre présents à cette énergie. De même le UP ressent
le désordre par l’intermédiaire de sa partie excitonique qui se couple au modes propres
du désordre à l’énergie EX + ~g. La différence entre le LP et UP réside dans la densité

14. Contrairement au modèle gaussien l’énergie cinétique joue ici un rôle grâce à l’énergie de localisation
des états (énergie de point 0 dans le piège), même si on ne considère que les états de vecteur d’onde nul.
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Figure III.20 – Comparaison de la fréquence propre (Re(W) à droite) et de l’élargissement
inhomogène (-Im(W) à gauche) avec (courbes rouges) et sans (courbes bleues) la dynamique
des porteurs. L’axe des abscisses repère la fréquence depuis le centre de la distribution (ωX)
en unité de ∆. Les courbes rouges sont tracées pour El = 2∆, et les bleues pour El = 0.

Figure III.21 – Spectre résonant théorique en présence de désordre avec et sans la prise en
compte de l’énergie de localisation dans le désordre.

d’états désordonnés : à basse énergie il y a très peu d’états piégés alors que ces derniers
sont beaucoup plus nombreux quand l’énergie s’approche de celle des états libres. Lorsque le
couplage devient grand devant la variance du désordre g � ∆, les états polaritoniques ont
une énergie suffisamment éloignée du QW pour ne plus ressentir le désordre et comme dans
le cas gaussien, les largeurs homogènes réapparaissent (cf. figure III.22).
Nous voyons qu’il est possible de récupérer la largeur de la cavité pour les polaritons, et avec

elle une grande transmission, à condition d’augmenter le rapport g/∆. Une augmentation
du couplage peut être réalisée en augmentant le nombre de puits (cf. figure III.23), ou en
réduisant le taux d’indium dans le puits (cf. figure III.24).
Avec l’échantillon contenant moins d’indium (centré à 850 nm), le rapport entre les largeurs

des LP et UP à résonance n’est plus que de γUP/γLP = 1,8 contre un facteur 4 auparavant.
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Figure III.22 – Influence du rapport g/∆ sur la transmission (à gauche) et sur la largeur
des polaritons (à droite). Les courbes sont tracées pour ∆ = 1 meV, et pour trois valeurs
de κ : 0,02 meV (en bleu), 0,2 meV (en rouge), et 1 meV (en vert).

Figure III.23 – Anti-croisement des polaritons pour un échantillon contenant 9 QWs. La
longueur de la cavité diminue avec le déplacement du piézo-électrique. La photoluminescence
est affichée en échelle logarithmique (à gauche) et est de plus saturée numériquement (à
droite) pour visualiser les UPs.
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Figure III.24 – Anti-croisement des polaritons pour un échantillon contenant 3 QWs centré
à 850 nm. La longueur de la cavité diminue avec le déplacement du piézo-électrique. La
photoluminescence est affichée en échelle logarithmique. La largeur des polaritons à résonance
vaut γLP = 120 µeV et γUP = 220 µeV.
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Conclusion du chapitre III
Nous avons décrit le montage expérimental permettant d’étudier les polaritons confinés

optiquement dans une micro-cavité FFP. Nous pouvons adapter les paramètres de la cavité
et du couplage pour passer continûment du régime de couplage faible au régime de couplage
fort. La coopérativité du système est grande, C∼ 150 sur toute la gamme de longueurs
accessibles et les figures de mérite du système se compare favorablement à d’autres pièges
à polaritons. En effet le couplage par puits mesuré dans la limite des cavités courtes est
identique à celui obtenu dans d’autre système en InGaAs [40] et plus élevé que dans les puits
en GaAs [156]. Le facteur de qualité de la cavité FFP est supérieur à 100 000 pour une cavité
de longueur de 4 µm, ce qui est proche de l’état de l’art dans les micro-pilier [63]. L’avantage
du confinement optique à l’aide d’un miroir courbe est qu’il n’y a pas de pertes sur les bords
de la structure quand le diamètre est réduit [62]. Le confinement atteint dans notre système
est de l’ordre de 2w0 = 3,4 µm dans la limite des cavités courtes, et il est du même ordre
dans les structures présentées figure III.25.

Figure III.25 – Trois types de dispositifs pour l’étude des polartitons confinés.

La connaissance du mode optique nous a aussi permis de caractériser le puits quantique à
travers son couplage à la lumière. Nous avons explicité le rôle du désordre et le système est
entièrement caractérisé dans le régime de faible excitation.
Nous allons maintenant nous intéresser au couplage d’une boîte quantique à la cavité FFP.
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CHAPITRE IV

Couplage d’une boite quantique à une cavité fibrée

De par leurs propriétés de confinement et de cohérence, les QDs en cavités sont de très
bonnes candidates pour implémenter des systèmes appliqués à l’information quantique [157].
Nous allons voir que les paramètres CQED associés à une QD unique dans une cavité FFP
font de ce système un candidat idéal pour étudier précisément l’interaction lumière-matière.
La majeure partie des mesures présentées ici a été effectuée dans le groupe d’Atac Imamoglu
à Zurich et a été publiée récemment [47].
Dans ce chapitre, nous décrirons le montage expérimental permettant de coupler une

QD unique à la micro-cavité fibrée. La principale différence avec le montage décrit dans le
chapitre précédent réside dans l’échantillon contenant les QDs. Nous décrirons brièvement
leur formation ainsi que le système de contrôle de l’état de charge des QDs. Nous verrons
qu’il nous est possible d’ajuster la fréquence de la cavité et de l’émetteur rendant ce dispositif
expérimental complètement ajustable. Les expériences de PL nous permettrons d’expliquer
l’alimentation de la cavité par une QD unique bien que celle-ci soit très désaccordée. Nous
verrons ensuite que la dégénérescence dans les directions X et Y de la cavité est levée et
que notre système permet de nous adresser au choix à un des 2 excitons. Enfin les résultats
d’expériences en excitation résonante nous permettrons de montrer que notre système se
situe à la limite du régime de couplage fort avec une coopérativité de 2.
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IV.1 Montage expérimental
Le montage expérimental que nous avons utilisé pour coupler les QDs à une micro-cavité

fibré est le même que celui utilisé pour l’étude de puits quantiques (cf. §III.1).

5

Figure 1. Setup of the semi-integrated QD–cavity system. (a) The top mirror
of the Fabry–Perot-type cavity consists of a highly reflective dielectric DBR
mirror at the tip of a standard single-mode optical fiber. The central Gaussian
recess leads to a denser set of interference rings in the profilometer picture
shown. (b) The planar bottom DBR mirror is made up of 28 GaAs/AlAs layers
with the active QD layer on top. The relative distance between the fiber end
and the sample controls the cavity length and thereby the cavity resonance
frequency. (c) Experimental setup: off-resonant and near-resonant lasers are
used to excite and probe the QD–cavity system by photoluminescence and
transmission spectroscopy, respectively. Luminescence is collected through the
same fiber that is used to excite the sample in the liquid-helium bath cryostat and
analyzed on a grating spectrometer with an integrated CCD chip. Fiber paddles
control the polarization of the resonant laser light before it enters the cryostat.

These effects are summarized by the following equation which gives the resonance
frequency of a mode:

ν A,B
qmn = c

4π L

�

2πq + (2m + 1) arccos

�

1 − L
Rx

+ (2n + 1) arccos

�

1 − L
Ry

+ φ(ν A,B
qmn) ± δ

�

. (3)

The A and B symbols distinguish the two eigenpolarizations which correspond to two
orthogonal linearly polarized modes. The associated phase −(+)δ for the A (B) mode is a
consequence of the small birefringence present in both DBR mirrors and is of the order of
10 mrad. The two curvature radii Rx and Ry account for the ellipticity of the fiber mirror (the
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Figure IV.1 – Schéma du montage expérimental permettant le couplage d’une QD unique
à un mode cavité. Les lasers, résonant et non-résonant, sont injectés dans la fibre optique
se terminant par un miroir fibré et le système est maintenu à 4K. La photoluminescence est
mesurée à l’aide d’un spectromètre et la transmission en excitation résonante est mesurée à
l’aide d’une photodiode.

Dans le cas d’émetteurs ponctuels les degrés de liberté permettant les translations
horizontales sont cruciaux pour placer l’émetteur au centre du mode de cavité et ainsi
maximiser son couplage. Les micro-cavités fibrés permettent de s’affranchir des problèmes
de localisation des QDs, qui comme nous allons le voir ont à priori une répartition spatiale
et spectrale aléatoire.
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IV.1.1 Formation des boites quantiques

La formation des QDs repose sur la différence entre le paramètre de maille du réseau
cristallin de InAs (6,06 Å), qui forme la boîte quantique, et celui de GaAs (5,65 Å) qui
est la matrice cristalline environnante. Le processus de fabrication des QDs par epitaxie se
décompose en trois parties :
– une phase de croissance bi-dimensionnelle d’une couche de mouillage de InAs en

compression sur GaAs,
– lorsque la couche d’InAs atteint une épaisseur critique (1, 8 monocouches [158]), le

relâchement de la contrainte conduit à la formation spontanée d’îlots d’InAs de
dimensions 4 nm selon l’axe de croissance et 5−30 nm dans le plan [159]. Cette transition
entre une croissance 2D et 3D à été décrite par Stranski et Krastanow qui ont donné
leur nom à ce processus de croissance.

– La dernière étape consiste à encapsuler les îlots avec GaAs, pour éviter les effets de
surface et protéger la QD de l’oxydation.

Une fine couche d’InAs (« wetting layer ») reste présente dans l’échantillon, mais son
émission est en général très désaccordée par rapport aux QDs.
L’épitaxie permet en contrôlant la composition, la température et la vitesse de croissance

de choisir approximativement la longueur d’onde d’émission des QDs. Une augmentation de
la température au début de la dernière étape (quand les îlots sont partiellement recouvert
par GaAs), permet notamment d’ajuster la longueur d’onde d’émission en changeant la taille
de la QD et sa composition par évaporation [160].
L’emplacement spatial des îlots, quant à lui, peut difficilement être contrôlé. Il peut être

influencé en favorisant des sites de nucléation par différentes techniques [56,57,58], mais dans
ce cas, les propriétés spectrales de la QD, de par leur répartition aléatoire, ne sont à priori pas
optimales. Une autre approche consiste à graver la cavité (cristaux photoniques [51,52,55], ou
micro-piliers [53,54]) autour d’une QD préalablement sélectionnée. Ces méthodes permettent
de réaliser de très bon couplage à la cavité mais l’ajustement fin des fréquences de la QD
et de la cavité nécessite de changer la température du système ou de faire adsorber un gaz
dans la structure [161], ce qui présente quelques inconvénients.
Notre montage expérimental permet d’observer différentes QDs présentes sur un même

échantillon, de les placer au centre du mode de cavité et d’ajuster la fréquence de résonance
de la cavité, mais aussi comme nous allons le voir, celle des QDs.

IV.1.2 Échantillon permettant le contrôle de la charge des boites
quantiques

La structure de l’échantillon se décompose en deux parties. Comme pour les puits
quantiques, le miroir de Bragg est constitué par une alternance de couches de AlAs et de
GaAs. Les QDs sont situées au centre d’une couche de longueur optique λ0 = 900 nm, mais
ici la structure de cette deuxième partie est plus complexe (cf. figure IV.2). Sous les QDs,
une couche de GaAs d’épaisseur 40 nm est dopée négativement avec du Silicium (densité
n ∼ 1.1018 cm−3). Et au dessus des QDs, une couche de GaAs d’épaisseur 34,5 nm est dopée
positivement avec des atomes de carbone. Une couche de AlGaAs d’épaisseur 85 nm joue le
rôle de barrière entre les QDs et la région dopée p.
Cette structure permet la formation d’une jonction p − i − n autour des QDs, qui va
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Figure 3. (a) Device structure. In order to control the charge of the QDs, an
n-doped GaAs layer below, together with a p-doped GaAs layer above the actual
QD layer, forms a p–i–n diode structure. An additional AlGaAs blocking barrier
between the QD layer and the p-doped region prevents excessive current flow.
(b) The I–V characteristic (black) for the p–i–n diode and electroluminescence
signal (blue) as a function of the applied gate voltage at low temperature.
(c) Measured reflectivity of the semiconductor DBR mirror between 800 and
1050 nm. The vertical dashed red line indicates the GaAs bandgap energy.
A minimum in reflectivity around 940 nm arises from a systematic measurement
error. (d) QD charging plateaus. PL signal (logarithmic scale) as a function of
gate voltage and wavelength. The different voltage regions corresponding to the
different charging plateaus of the same QD are clearly visible. The inset shows
a blow-up of the X0 plateau, with the quantum-confined Stark effect leading to
a significant tilt in the plateau as a function of gate voltage. Note that for the
measurement results shown here the sample was characterized in a flow cryostat
leading to higher temperature, i.e. higher resistivity, and therefore to a higher
voltage range than in part (b).

spontaneous light emission. Part of this electroluminescence signal was recorded on our bottom
detector when recording the I–V characteristics and is plotted in the same figure 3(b) (blue
circles).

Recently, experiments based on photonic-crystal and micropillar technology demonstrated
charge control of QD excitons [32–34], also in combination with resonant spectroscopy [35].
While all these approaches require rather sophisticated fabrication procedures, it turns out that
the simple processing steps listed above are sufficient to obtain charge control in our fiber–cavity
setting. Charge control is demonstrated in figure 3(d): here, PL emission was recorded as a
function of the applied electric field. By means of their characteristic energy difference and
voltage dependence, different charging states can be clearly identified in the spectrum, with
the emission lines originating from the neutral exciton (X0), biexciton (XX0) and the positively
(X+) and negatively (X−) charged excitons (trions) indicated in the plot. In addition, emission
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Figure IV.2 – Structure de l’échantillon contenant des QDs. Le miroir de Bragg est formé
par 31 paires de couches de AlAs et de GaAs et est centré à λ0 = 900 nm. Les QDs sont
situées au milieu d’une couche de longueur optique λ0 qui réalise une jonction p − i − n
autour des QDs.
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Figure IV.3 – À gauche : La caractéristique courant-tension de la jonction p− i−n à 4 K,
est tracée en noir, et la puissance du signal d’électroluminescence, mesurée sur la photodiode
en fonction de la tension appliquée, est tracée en bleu. À doite : Les spectres de PL (échelle
logarithmique) dans l’espace libre pour différentes tensions de grille permettent de visualiser
les différentes lignes d’émission des QDs, correspondantes à des états de charge différents.
L’encart présente la variation de la longueur d’onde de l’exciton neutre X0 avec la tension de
grille. Ces mesures sont réalisées sous le seuil de la jonction dans un cryostat à écoulement.
La température est plus élevée qu’à gauche menant à une résistivité des contacts plus élevée
et donc des tensions appliquées plus élevées.
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nous permettre de contrôler l’état de charge des QDs. Le contact avec la région dopée p se
fait directement sur le haut de l’échantillon avec de la laque à argent. Le contact avec la
région dopée n est réalisé en attaquant chimiquement à l’acide les premières couches sur une
partie de l’échantillon, puis un plot de contact en Indium est déposé à 350◦C. L’échantillon
présente de plus un gradient de densité de QDs dans lequel il est aisé de trouver une QD
isolée spectralement.
La figure IV.3 (à gauche) présente la caractéristique courant-tension de la jonction p−i−n,

ainsi que la puissance du signal d’électroluminescence émis par la structure au dessus du seuil.
Ce signal est émis spontanément par la recombinaison des porteurs dans la couche contenant
les QDs traduisant la présence du courant qui traverse la structure.
La PL de l’échantillon traduit différents états de charge de la QD selon la tension de

grille appliquée (cf. figure IV.3 à droite). À partir de l’exciton neutre X = X0, il est possible
d’identifier le trion X− qui a une énergie de recombinaison de quelques meV inférieure à celle
de l’exciton neutre. Cet exciton négativement chargé X− est constitué par deux électrons
formant un singulet de spin dans la bande de conduction et un trou dans la bande de valence.
De la même façon, le trion chargé positivement X+ est formé par deux trous dans la bande
de valence et un électron dans la bande de conduction. Il est intéressant de noter que les
trions possèdent une structure de spin, qui peut notamment être utilisée pour préparer un
état de spin donné avec une très grande fidélité [162]. Le biexciton XX0 est, quant à lui,
formé par deux électrons et deux trous ; la recombinaison vers l’exciton neutre est en général
décalée de quelques meV vers le rouge. Le choix de la tension de grille nous permet donc de
choisir l’état de charge désiré selon l’application envisagée.
Une conséquence du contrôle de l’état de charge de la QD est l’accordabilité des transitions

avec la tension de grille (cf. encart). En effet, la fréquence de recombinaison des excitons se
décale sous l’effet du champ électrique uniforme (effet Stark confiné [163]). La fréquence de
l’exciton neutre peut, par exemple, être accordée sur une plage de 300 µeV. L’accordabilité
de l’émetteur présente un grand intérêt quand une longueur d’onde précise est requise, par
exemple lors de la mise en résonance avec un autre émetteur (une autre QD ou un atome).
Nous allons maintenant nous intéresser aux propriétés de ces QDs dans une cavité FFP,

réalisant ainsi un système entièrement ajustable.
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IV.2 Photoluminescence d’une boite quantique dans une
cavité fibrée

Dans un premier temps, nous présenterons un spectre de PL typique obtenu pour des
cavités longues et décrirons le processus d’alimentation de la cavité par les QDs. Dans un
second temps, nous présenterons l’allure des spectres de PL dans le cas de cavités courtes, et
montrerons qu’il est possible de distinguer les 2 états liés à la levée de dégénérescence causée
par l’ellipticité d’une QD.

IV.2.1 Alimentation de la cavité par les QDs

La figure IV.5 présente un spectre de PL où la longueur de la cavité est balayée autour
de 40 µm. Les modes de cavité sont couplés à plusieurs QDs qui les alimentent même hors
résonance et nous permettent de voir des lignes de cavité continues.
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Figure IV.4 – Spectres de PL des QDs quand la longueur de cavité est balayée (échelle
logarithmique). Il est possible de voir 9 modes longitudinaux consécutifs et pour chacun d’eux
trois modes transverses.

Cet effet est très utile expérimentalement. Il nous permet de calibrer la longueur de la cavité
en tenant compte de la dépendance de la phase des miroirs avec la longueur d’onde (cf. annexe
B). C’est effet a aussi été observé avec un puits quantique en cavité pour des désaccords allant
jusqu’à 10 nm (cf. §III.2). Ce phénomène a pour origine l’interaction de l’exciton avec la
matrice environnante. Il est possible de prendre en compte cet effet dans le modèle développé
au §II.2 en terme de déphasage pur (γ∗ = 1/T2). Cela est suffisant pour expliquer l’émission



100 Couplage d’une boite quantique à une cavité fibrée

de photons à la fréquence de la cavité pour de grands désaccords [104, 164]. Cependant
pour expliquer les corrélations croisées 1 mesurées à grands désaccords [11], il faut prendre
explicitement en compte les niveaux excités des porteurs [105,165] (cf. figure IV.5).

PL lines that originate mainly from the neutral exciton X0,
the negatively (X1!) and positively (X1þ) charged trions,
and the biexciton (XX0) transition [13]. We remark here
that for our devices and excitation conditions, the magni-
tude of X0, X1!, and X1þ are comparable, suggesting that
the QD is equally likely to be neutral or charged by a single
excess electron or a hole. In addition to these discrete lines,
we observe a much broader single-QD background about 2
orders of magnitude weaker in intensity. The part of this
background that is resonant with the CM is Purcell en-
hanced and leads to the off-resonant cavity luminescence.

To understand this single-QD background emission, we
consider the full excitation spectrum of electron and hole
motional states in the QD. While the narrow QD lines
originate from states in which the carriers occupy lowest
energy single-particle states, there is a large variety of
higher excited states for which, e.g., a carrier is excited
to a p- or d-shell state. This leads to an excitation spectrum
consisting of a series of QD manifolds separated approxi-
mately by the band-gap energy. We calculate the multi-
excitonic eigenstates up to four electron-hole pairs [14,15]
by diagonalizing the Coulomb Hamiltonian, starting from
a basis of 18 electron and 32 hole states including spin. The
result of the calculation is displayed in Fig. 1(b). This
configuration interaction approach is able to catch the

relevant Coulomb correlations that would otherwise re-
quire a many-body density matrix treatment [16]. In par-
ticular, it has recently been demonstrated that higher
energy orbital states in an excitation manifold n (with n #
2 electron-hole pairs) are subject to strong hybridization
with the wetting-layer continua [17]. This leads to the
formation of a continuum of QD excited states for each
n. In this more accurate picture for the QD spectrum, the
X0 line corresponds to a transition from the lowest energy
n ¼ 1 manifold state to the ground state (1 ! 0), whereas
XX0 decay relates to a transition between the lowest en-
ergy states of the n ¼ 2 and n ¼ 1 manifolds (2 ! 1)
[Fig. 1(b)]. Given the large variety of initial and final states,
2 ! 1 (and higher manifold) transitions merge to a quasi-
continuum and give rise to QD background emission that
feeds the CM [18]. Figure 1(c) shows calculated transition
rates between states of different manifolds. For initial
states in manifolds n # 2, decay can occur over a wide
spectral range, while decay from n ¼ 1 states leads to a
series of discrete emission lines, with the first excited
transition %30 meV (21 nm) blue detuned from the X0

line [not visible in Fig. 1(c)]. We note that similar excita-
tion spectra exist for a charged QD. In contrast to the X0

level spectrum, here also the n ¼ 0& manifolds consist of
multiple states owing to the excited confined motional
states of the extra charge. Hence, for charged QDs cavity
feeding can also occur for 1& ! 0& transitions.
Because of the excited-state nature of cavity feeding for

a neutral QD, we expect a superlinear pump-power depen-
dence of the CM emission. In Fig. 2(a), we show the
integrated intensities of the CM together with those of
the X0, X1!, and XX0 lines as a function of pump power
in a log-log plot. As expected, the X0 and X1! lines follow
an approximately linear power dependence below satura-
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FIG. 2 (color). Off-resonant cavity emission as a function of
pump power. (a) Pump-power dependence of CM, X0, X1!, and
XX0 emission. The data were obtained by integrating PL in-
tensities for different excitation powers in ' 0:3 nm wide win-
dows around the different QD lines indicated in Fig. 1(a). The
CM exhibits complex dynamics due to cavity feeding from
higher-lying multiexcitonic states. (b) Comparison of CM emis-
sion with the emission from the different QD shells. The CM
dynamics is clearly dominated by the QD s shell for powers
below 500 nW, while at higher powers the p shell takes over.
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FIG. 1 (color online). QD background emission and level
structure. (a) Typical QD PL spectrum on a semilogarithmic
scale. Besides the well-known discrete QD lines, the weak
background responsible for cavity feeding is visible.
(b) Calculated energy-level diagram (n ( 3) of a neutral QD
assuming a truncated parabolic in-plane confinement potential
(energy separations between manifolds not to scale).
(c) Calculated transition rates between states of different mani-
folds. States from n # 2 manifolds can decay into a large
number of final states, thus forming a quasicontinuum of allowed
transitions that can feed the CM.
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faut prendre explicitement en compte l’interaction des porteurs avec les phonons acoustiques
longitudinaux [?,?] (cf. figure ??).
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PL lines that originate mainly from the neutral exciton X0,
the negatively (X1!) and positively (X1þ) charged trions,
and the biexciton (XX0) transition [13]. We remark here
that for our devices and excitation conditions, the magni-
tude of X0, X1!, and X1þ are comparable, suggesting that
the QD is equally likely to be neutral or charged by a single
excess electron or a hole. In addition to these discrete lines,
we observe a much broader single-QD background about 2
orders of magnitude weaker in intensity. The part of this
background that is resonant with the CM is Purcell en-
hanced and leads to the off-resonant cavity luminescence.

To understand this single-QD background emission, we
consider the full excitation spectrum of electron and hole
motional states in the QD. While the narrow QD lines
originate from states in which the carriers occupy lowest
energy single-particle states, there is a large variety of
higher excited states for which, e.g., a carrier is excited
to a p- or d-shell state. This leads to an excitation spectrum
consisting of a series of QD manifolds separated approxi-
mately by the band-gap energy. We calculate the multi-
excitonic eigenstates up to four electron-hole pairs [14,15]
by diagonalizing the Coulomb Hamiltonian, starting from
a basis of 18 electron and 32 hole states including spin. The
result of the calculation is displayed in Fig. 1(b). This
configuration interaction approach is able to catch the

relevant Coulomb correlations that would otherwise re-
quire a many-body density matrix treatment [16]. In par-
ticular, it has recently been demonstrated that higher
energy orbital states in an excitation manifold n (with n #
2 electron-hole pairs) are subject to strong hybridization
with the wetting-layer continua [17]. This leads to the
formation of a continuum of QD excited states for each
n. In this more accurate picture for the QD spectrum, the
X0 line corresponds to a transition from the lowest energy
n ¼ 1 manifold state to the ground state (1 ! 0), whereas
XX0 decay relates to a transition between the lowest en-
ergy states of the n ¼ 2 and n ¼ 1 manifolds (2 ! 1)
[Fig. 1(b)]. Given the large variety of initial and final states,
2 ! 1 (and higher manifold) transitions merge to a quasi-
continuum and give rise to QD background emission that
feeds the CM [18]. Figure 1(c) shows calculated transition
rates between states of different manifolds. For initial
states in manifolds n # 2, decay can occur over a wide
spectral range, while decay from n ¼ 1 states leads to a
series of discrete emission lines, with the first excited
transition %30 meV (21 nm) blue detuned from the X0

line [not visible in Fig. 1(c)]. We note that similar excita-
tion spectra exist for a charged QD. In contrast to the X0

level spectrum, here also the n ¼ 0& manifolds consist of
multiple states owing to the excited confined motional
states of the extra charge. Hence, for charged QDs cavity
feeding can also occur for 1& ! 0& transitions.
Because of the excited-state nature of cavity feeding for

a neutral QD, we expect a superlinear pump-power depen-
dence of the CM emission. In Fig. 2(a), we show the
integrated intensities of the CM together with those of
the X0, X1!, and XX0 lines as a function of pump power
in a log-log plot. As expected, the X0 and X1! lines follow
an approximately linear power dependence below satura-
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FIG. 2 (color). Off-resonant cavity emission as a function of
pump power. (a) Pump-power dependence of CM, X0, X1!, and
XX0 emission. The data were obtained by integrating PL in-
tensities for different excitation powers in ' 0:3 nm wide win-
dows around the different QD lines indicated in Fig. 1(a). The
CM exhibits complex dynamics due to cavity feeding from
higher-lying multiexcitonic states. (b) Comparison of CM emis-
sion with the emission from the different QD shells. The CM
dynamics is clearly dominated by the QD s shell for powers
below 500 nW, while at higher powers the p shell takes over.
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(b) Calculated energy-level diagram (n ( 3) of a neutral QD
assuming a truncated parabolic in-plane confinement potential
(energy separations between manifolds not to scale).
(c) Calculated transition rates between states of different mani-
folds. States from n # 2 manifolds can decay into a large
number of final states, thus forming a quasicontinuum of allowed
transitions that can feed the CM.
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Figure I.5 – La cavité même très désaccordée est alimentée lors de la recombinaison des
porteurs par l’intermédiaire de l’émission de phonons. À gauche : les niveaux d’énergie d’
une QD calculé en prenant en compte les transitions phononiques (adapté de [?]). À droite :
quand l’énergie de la cavité est plus faible que celle de l’exciton, ce dernier peut-émettre un
phonon pour émettre de la lumière dans le mode de cavité.

QD comme source de photon unique accordable.

I.2.2 Couplage faible d’une QD dans une cavité FFP
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Figure IV.5 – La cavité même très désaccordée est alimentée lors de la recombinaison des
porteurs par l’intermédiaire de niveaux excités ou par l’émission de phonons (adapté de
[105]). En haut : quand l’énergie de la cavité est plus faible que celle de l’exciton et pour un
désaccord inférieur à 3 nm, l’émission d’un photon de cavité est assistée par l’émission d’un
phonon. En bas : Les taux de transitions calculés à partir des niveaux excitoniques (cf. à
droite). Le fond présent en PL et provenant des états excités des porteurs, alimente la cavité.
À droite : les niveaux d’énergie d’ une QD calculés en prenant en compte les transitions
avec les niveaux excités des porteurs (orbitale p, d). Les quasi-continuum des niveaux excités
expliquent l’alimentation de la cavité même très désaccordée.

La possibilité pour l’exciton d’émettre des phonons acoustiques longitudinaux explique
l’alimentation d’une cavité décalée sur le rouge de moins de 3 nm [166, 167]. La prise en
compte des niveaux excités autorise des transitions pour de grands désaccords positifs ou
négatifs. Ces niveaux sont responsables du fond qui peut être observé dans le signal de
photoluminescence, dans l’espace libre, et ce sont eux qui alimentent la cavité à grands
désaccords.
Quand la cavité et l’émetteur sont très désaccordés : |δ| � g, κ, γ, la cavité se comporte

donc comme un filtre et l’émetteur comme une lampe blanche. Cet effet peut être mis à
profit en utilisant le système comme source de photons uniques accordables.

1. Corrélations temporelles entre les photons émis à la fréquence de la cavité et ceux émis à la fréquence
de l’émetteur. Ces corrélations montrent que le photon à la fréquence de l’émetteur est émis juste après le
photon de cavité sous une certaine puissance d’excitation. Cela est expliqué par une cascade dans les niveaux
de la QD présentés en figure IV.5.
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IV.2.2 Couplage faible d’une QD dans une cavité FFP

La figure IV.6 présente la PL du système sous excitation pulsée non-résonante, pour 2 QDs
différentes. En balayant la fréquence de la cavité autour de la résonance de l’exciton, pour
une cavité courte, l’effet du couplage à une QD est visible. L’intensité de la PL possède une
dépendance lorentzienne avec la fréquence de cavité, nous indiquant que le système est en
couplage faible. La saturation observée avec la puissance d’excitation nous indique qu’une
QD unique est détectée à cette longueur d’onde.11

Figure 4. (a) Tuning the cavity resonance wavelength through single QD
transitions. The data clearly show enhanced emission from the cavity–QD system
when the cavity is resonant with single QD transitions (vertical PL lines). The
inset shows the saturation behavior of the detected emission from the cavity–QD
system as a function of off-resonant excitation power. (b) The two different
polarization modes of the cavity (TEMA

00 and TEMB
00) couple preferentially to one

of the neutral exciton transitions. The coupling strength depends on the relative
angle between the QD axis and cavity polarization. (c) Vertical cut of panel (a)
showing PL as a function of cavity detuning (length). The data (black dots) are
fitted by a Lorentzian (red line) showing the characteristics of a weak coupling
of the QD to the cavity mode. (d) Voltage tuning of single QD lines to cavity
modes. Here, we change the bias voltage in order to tune QD transitions via the
quantum-confined Stark effect into resonance with the fundamental modes of the
cavity. On resonance, the QD emission is clearly enhanced.

lies in the built-in fiber coupling, which allows for straightforward efficient probing using more
sophisticated techniques such as high-resolution resonant spectroscopy.

7. Resonant spectroscopy

We performed resonant laser spectroscopy by measuring the transmission of a tunable diode
laser through the coupled QD–cavity system using the transmission detector. Since the top fiber
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system as a function of off-resonant excitation power. (b) The two different
polarization modes of the cavity (TEMA

00 and TEMB
00) couple preferentially to one

of the neutral exciton transitions. The coupling strength depends on the relative
angle between the QD axis and cavity polarization. (c) Vertical cut of panel (a)
showing PL as a function of cavity detuning (length). The data (black dots) are
fitted by a Lorentzian (red line) showing the characteristics of a weak coupling
of the QD to the cavity mode. (d) Voltage tuning of single QD lines to cavity
modes. Here, we change the bias voltage in order to tune QD transitions via the
quantum-confined Stark effect into resonance with the fundamental modes of the
cavity. On resonance, the QD emission is clearly enhanced.

lies in the built-in fiber coupling, which allows for straightforward efficient probing using more
sophisticated techniques such as high-resolution resonant spectroscopy.

7. Resonant spectroscopy

We performed resonant laser spectroscopy by measuring the transmission of a tunable diode
laser through the coupled QD–cavity system using the transmission detector. Since the top fiber
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Figure IV.6 – Photoluminescence d’une QD couplée faiblement aux modes de polarisations
(notés A et B) du fondamental de la cavité FFP (TEM00). L’encart à gauche présente la
saturation (à 500 coups par sec.) de l’émetteur sous excitation non-résonante (Psat ∼ 1 µW).
La position des maxima est repérée pour chacun des modes de polarisation (à droite) par XX

0

et XY
0 . Ces derniers sont séparés par 15 µeV.

Comme nous l’avons vu au §II.3.3 le couplage de la QD dépend de l’alignement du dipôle
avec la polarisation du champ. Les deux modes de polarisations linéaires du fondamental
de la cavité TEMA

00 et TEMB
00 sont couplés aux deux excitons |X〉 et |Y 〉. Cependant, la

fréquence de résonance de ces 2 excitons n’est pas la même à cause de l’ellipticité de la
QD. La séparation en énergie des 2 excitons brillants (∼ 15 µeV) permet de caractériser la
structure fine des niveaux de la QD [120]. En choisissant la longueur de cavité il est possible
de s’adresser à un des excitons uniquement.
Pour caractériser plus avant le couplage d’une QD à la cavité FFP, nous allons maintenant

étudier la réponse du système à une excitation résonante.
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IV.3 Mesures en excitation resonante
Les mesures en transmission sous excitation résonante permettent d’obtenir une meilleure

résolution que les expériences de PL. Nous allons montrer qu’une QD en micro-cavité FFP
est proche du régime de couplage fort et possède une coopérativité supérieure à 1.

IV.3.1 Transmission du système {boite quantique + cavité}

Le système est donc excité par le laser résonant et la transmission est mesurée à l’aide de
la photodiode. Bien qu’un verrouillage de la longueur de la cavité ne soit pas nécessaire, il
est tout de même nécessaire d’isoler au maximum le système des vibrations acoustiques.

Figure IV.7 – Transmission de la cavité en fonction de la longueur d’onde du laser résonant
à grand désaccord. Un ajustement lorentzien donne un facteur de qualité : Q = 24 000.

Nous commençons par mesurer la largeur de la cavité : ~κ = 30 µeV, ce qui correspond à un
facteur de qualité Q = 24 000 dans la limite des cavités courtes (cf. figure IV.7). La finesse
de la cavité est légèrement moins bonne que pour une cavité formée avec un échantillon
contenant un puits quantique. Cela est surement dû à la présence des couches dopées n et p
dans la cavité.
Le système peut être placé à résonance en ajustant la fréquence de la cavité ou de

l’émetteur. La figure IV.8 présente les spectres en transmission normalisés, obtenus quand
la longueur du laser est balayée et que la longueur de la cavité est amenée à résonance avec
la QD (en haut). Puis lorsque la fréquence de l’émetteur est amenée à résonance avec la
cavité en changeant la tension de grille 2 (au milieu). Enfin, il est aussi possible de laisser la
longueur d’onde excitatrice constante et de faire varier les fréquences de la cavité et de la
QD (en bas). Dans ce dernier cas, un cercle noir matérialise la valeur des paramètres pour
lesquels la cavité et l’émetteur sont à la même fréquence que le laser d’excitation.
L’apparition d’un creux dans le spectre à résonance traduit le fait que le système est

proche du régime de couplage fort. Les encarts dans la figure IV.8 reproduisent les données
expérimentales à partir de la formule donnant le spectre de transmission du système couplé
(équation II.15) pour ~g = 11,7 µeV, ~κ = 39 µeV et ~γ = 5,7 µeV.

2. Le fond dû à l’électroluminescence (cf. §IV.1.2) a été retiré pour chaque spectre avant la normalisation.
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Figure 5. (a), (b) Two-dimensional (2D) color plots of the system transmission
normalized to maximal transmission while scanning the resonant laser
(horizontal axis) as a function of (a) the cavity length and (b) gate voltage. In
(a), the wavelength of the QD transition stays constant, whereas in (b), the cavity
resonance frequency is fixed. In both cases, a dip due to the coupling of the QD to
the cavity mode is clearly visible where one expects QD resonance in the spectra.
The two insets display corresponding calculated transmission spectra based
on the model, and parameters, used in the text. (c) Single transmission spectrum
from (b) at a bias voltage of 1.458 V. The contrast of the transmission dip is
about 22%. (d) Keeping the laser wavelength fixed the system can be brought
into resonance by a clever choice of both the cavity length and the gate voltage.
The sweet spot of maximum coupling is marked by a black circle.

mirror has a higher reflectivity than that grown on the sample, most of the intra-cavity photons
escape through that bottom mirror onto the photodiode. The transmission signal can be directly
detected with a low-noise amplifier without the need for a lock-in technique.

Figure 5(a) shows the transmission (normalized to the maximum transmission) spectra
as a function of resonant laser wavelength (horizontal axis) and cavity length (vertical axis).
The QD modifies the Lorentzian transmission of the unperturbed cavity (top and bottom of the
scan) by introducing a dispersive response fixed at the QD resonance. As we performed all the
experiments well below saturation, we are able to extract the coupling parameters directly from

New Journal of Physics 15 (2013) 045002 (http://www.njp.org/)

Longueur d’onde d’excitation (nm)

C
av

ité
 (n

m
)

12

Figure 5. (a), (b) Two-dimensional (2D) color plots of the system transmission
normalized to maximal transmission while scanning the resonant laser
(horizontal axis) as a function of (a) the cavity length and (b) gate voltage. In
(a), the wavelength of the QD transition stays constant, whereas in (b), the cavity
resonance frequency is fixed. In both cases, a dip due to the coupling of the QD to
the cavity mode is clearly visible where one expects QD resonance in the spectra.
The two insets display corresponding calculated transmission spectra based
on the model, and parameters, used in the text. (c) Single transmission spectrum
from (b) at a bias voltage of 1.458 V. The contrast of the transmission dip is
about 22%. (d) Keeping the laser wavelength fixed the system can be brought
into resonance by a clever choice of both the cavity length and the gate voltage.
The sweet spot of maximum coupling is marked by a black circle.

mirror has a higher reflectivity than that grown on the sample, most of the intra-cavity photons
escape through that bottom mirror onto the photodiode. The transmission signal can be directly
detected with a low-noise amplifier without the need for a lock-in technique.

Figure 5(a) shows the transmission (normalized to the maximum transmission) spectra
as a function of resonant laser wavelength (horizontal axis) and cavity length (vertical axis).
The QD modifies the Lorentzian transmission of the unperturbed cavity (top and bottom of the
scan) by introducing a dispersive response fixed at the QD resonance. As we performed all the
experiments well below saturation, we are able to extract the coupling parameters directly from

New Journal of Physics 15 (2013) 045002 (http://www.njp.org/)

Longueur d’onde d’excitation (nm)

Te
ns

io
n 

de
 b

ia
is

 (V
)

12

Figure 5. (a), (b) Two-dimensional (2D) color plots of the system transmission
normalized to maximal transmission while scanning the resonant laser
(horizontal axis) as a function of (a) the cavity length and (b) gate voltage. In
(a), the wavelength of the QD transition stays constant, whereas in (b), the cavity
resonance frequency is fixed. In both cases, a dip due to the coupling of the QD to
the cavity mode is clearly visible where one expects QD resonance in the spectra.
The two insets display corresponding calculated transmission spectra based
on the model, and parameters, used in the text. (c) Single transmission spectrum
from (b) at a bias voltage of 1.458 V. The contrast of the transmission dip is
about 22%. (d) Keeping the laser wavelength fixed the system can be brought
into resonance by a clever choice of both the cavity length and the gate voltage.
The sweet spot of maximum coupling is marked by a black circle.

mirror has a higher reflectivity than that grown on the sample, most of the intra-cavity photons
escape through that bottom mirror onto the photodiode. The transmission signal can be directly
detected with a low-noise amplifier without the need for a lock-in technique.

Figure 5(a) shows the transmission (normalized to the maximum transmission) spectra
as a function of resonant laser wavelength (horizontal axis) and cavity length (vertical axis).
The QD modifies the Lorentzian transmission of the unperturbed cavity (top and bottom of the
scan) by introducing a dispersive response fixed at the QD resonance. As we performed all the
experiments well below saturation, we are able to extract the coupling parameters directly from

New Journal of Physics 15 (2013) 045002 (http://www.njp.org/)

Tension de biais (V)

Lo
ng

ue
ur

 d
e 

la
 c

av
ité

 (u
.a

.)

Figure IV.8 – Accordabilité de la cavité et de la QD en excitation résonante.
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IV.3.2 À la limite du couplage fort

La figure IV.9 présente les données obtenues en excitation résonante pour une autre QD,
et l’ajustement de la transmission nous donne les paramètres CQED suivants :

~g = 12,3± 2,5µeV, ~κ = 25,0± 1,3µeV et ~γ = 1,5± 0,3µeV. (IV.1)14

Figure 6. The onset of strong coupling: (a) transmission as a function of cavity

length and laser frequency. Panels (b)–(e) display several cut offs from panel (a):

blue dots represent the data and gray lines are fits to the data.

Fits to the data (see, e.g., figures 6(b) to (e)) yield h̄g = 12.3 ± 2.5 µeV, h̄κ = 50.0 ± 2.7 µeV

and h̄γ = 3.1 ± 0.7 µeV, which implies that for this particular QD with a narrow linewidth, the

system is at the onset of strong coupling with 2g ≈ (κ + γ )/2 [44].

The present QD–cavity system has a cooperativity of C ≈ 2.0 ± 1.3. In order to enlarge

this number significantly, different strategies can be adopted: increasing the number of layers

of the DBR semiconductor stack while simultaneously reducing the doping density in the

p- and n-layers should decrease κ significantly. In addition, a smaller radius of curvature of

the fiber mirror (a radius of curvature as small as 20 µm has been reported [45]) would reduce

the effective mode volume of the cavity and hence increase g. On the emitter side, other QD

systems such as quantum-well monolayer fluctuations with oscillator strengths up to one order

of magnitude larger [10] could push the system much deeper into the strong-coupling regime,

thereby increasing the cooperativity up to an order of magnitude.

9. Conclusions and outlook

In this paper, we have presented a very versatile QD–microcavity platform for performing state-

of-the-art cavity QED experiments. The system is fully tunable, i.e. both cavity length and

QD energy can be controlled at will. The high Q of our system together with the moderate

mode volume brings us into the high-cooperativity regime where the coherent interaction

starts to dominate the system dynamics. The onset of strong coupling was demonstrated

through the observation of an avoided level crossing in resonant transmission spectroscopy.

We anticipate that with some simple improvements on both the cavity and emitter sides, the

system can enter deeply into the strong-coupling regime. The ability to control the charge state

of the QD by means of the p–i–n structure will allow us to perform experiments on quantum

information processing, with a first step being the demonstration of an efficient fiber-coupled

spin–photon interface [46]. Our QD–fiber–cavity system might then serve as a node in a future
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Figure IV.9 – Anti-croisement de l’énergie d’une QD unique et du mode de cavité.
(a) Transmission de la cavité quand la longueur d’onde d’excitation est balayée autour de la
fréquence de résonance de la QD, pour différentes longueurs de cavité.
(b),(c),(d) et (e) Spectres de transmission (coupes horizontales de (a)) pour différents
désaccords et leur ajustement par l’équation II.15.

Les valeurs extraites nous permettent de préciser la connaissance du système. La force
d’oscillateur de la QD peut, par exemple, être déduite de la largeur de la QD 3 [66] :

f =
6m0ε0πc

3

e2ω2
XnGaAs

2γ = 48. (IV.2)

La force d’oscillateur est assez élevée en comparaison des forces d’oscillateurs typiques
(10− 20). Cela provient de la technique de croissance [160] qui conduit à une élongation des
QDs dans la direction cristallographique [110]. Des forces d’oscillateurs de 50 ont déjà été
observées, grâce à cette technique [9, 168].
Connaissant la force d’oscillateur, la valeur du couplage nous permet de donner une borne

supérieure pour le volume effectif par l’intermédiaire de l’équation II.35, en supposant que
le dipôle de la QD est aligné avec la polarisation du mode de cavité :

max(n2
effVeff ) =

πe2f

4πε0m0g2
= 153λ3 = 109µm3. (IV.3)

3. Nous assimilons ici, la largeur du spectre γ et γrad le taux de désexcitation radiatif [124], ce qui
surestime légèrement la force d’oscillateur.
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La simulation de l’indice effectif vu par le mode (cf. II.4.2) nous donne neff ' 2,7, dans
la limite des cavités courtes. Cela nous permet d’estimer un volume effectif maximum du
mode : Veff ' 15 µm3.

Les valeurs des paramètres obtenus nous montrent que le système est à la limite du
couplage fort : κ+γ

2
= 13,3 µeV ∼ g, mais le paramètre important pour quantifier la capacité

du système à échanger une excitation entre la matière et la lumière est sa coopérativité :

C =
g2

2κγ
= 2,0± 1,3. (IV.4)

En effet la coopérativité permet de quantifier la profondeur du creux apparaissant à résonance
dans le spectre par rapport à la cavité vide : 1/(1 + 2C)2 [147]. C’est donc le paramètre à
prendre en compte pour les applications dans le domaine de l’information quantique [157].
Ce système peut aussi être utilisé comme source de photons uniques. L’efficacité quantique

d’une telle source est définie comme la probabilité qu’un photon soit émis dans le mode
de cavité étant donné que l’émetteur est excité [169]. Elle s’exprime en fonction de la
coopérativité comme : η = C

1+C
κ

κ+γ
, et vaut η = 63% dans notre système.

Conclusion du chapitre IV
Grâce à des expériences en PL et en excitation résonante, nous avons pu caractériser

le système d’une QD dans une micro-cavité FFP. Malgré ses dimensions micro-métriques,
le système a une coopérativité supérieure à l’unité. Ce système possède de plus l’avantage
d’être totalement ajustable. Cette double accordabilité peut par exemple être exploitée pour
créer des paires de photons indiscernables, provenant de 2 émetteurs dans deux cavités
différentes. Il est aussi possible d’imaginer des schémas d’intrication entre ces deux émetteurs
par l’intermédiaire d’un photon de cavité.
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CHAPITRE V

Condensation de polaritons et effets d’interactions dans une cavité
fibrée

Les polaritons de cavité fibrée ont été caractérisés dans le régime de faible excitation au
chapitre III. Dans le régime de haute densité, les polaritons de micro-cavité présentent de
nombreuses propriétés intéressantes, leur faible masse a notamment permis l’observation de
la condensation de Bose Einstein [22] et ce même à température ambiante [35,170]. Avec la
condensation de Bose Einstein de nombreux effets ont été étudiés (voir par exemple [25])
comme la superfluidité [27] ou encore l’apparition de vortex dans le condensat [31].
Dans ce chapitre, nous présenterons les résultats obtenus en photoluminescence pour un

ou plusieurs puits quantique(s) couplé(s) à une micro-cavité FFP, dans le régime de haute
densité. Nous commencerons par décrire la non-linéarité observée dans l’intensité de PL avec
la puissance d’excitation. Puis, nous décrirons un modèle développé par P. Littlewood et ses
collègues [59, 60] pour décrire les propriétés des polaritons en régime de haute densité, en
présence de désordre. L’accord entre les données expérimentales et les prédictions du modèle
nous invite à décrire les propriétés du système en terme de transition de Dicke. Nous nous
intéresserons enfin, aux interactions entre polaritons et à la possibilité d’atteindre un régime
de blocage quantique [61] dans une cavité FFP.
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V.1 Dépendance de la photoluminescence de puits
quantiques en cavité avec la puissance d’excitation

Nous présentons ici la dépendance de l’intensité collectée en PL en fonction de la puissance
d’excitation non résonante PNR. Nous nous intéresserons à la dépendance à basse puissance
d’excitation puis à la forte non-linéarité observée à plus haute densité.

Contrôle de la puissance d’excitation

Les données expérimentales présentées ici sont issues de mesures en PL dont le montage
expérimental à été décrit §III.1. Cependant pour éviter les dérives en température de
l’échantillon, la puissance d’excitation du laser non-résonant (780nm) a été modulée à 10
kHz à l’aide d’un AOM. Ainsi, la puissance moyenne envoyée dans le cryostat reste constante
au cours de l’expérience (typiquement Pmoy ∼ 30 µW). La puissance moyenne est asservie
en envoyant une partie du faisceau sur une photodiode dont le signal à basse fréquence est
utilisé pour contre-réagir sur l’amplitude du controlleur de l’AOM par l’intermédiaire d’un
PID analogique.

Figure V.1 – Schéma du montage de contrôle de la puissance d’excitation. La puissance
moyenne Pmoy et le rapport cyclique dc, sont contrôlés indépendamment pour délivrer une
puissance crête PNR au système.

Le contrôle de la puissance crête (PNR) est assuré en changeant le rapport cyclique (dc)
du générateur basses fréquences qui change la puissance crête par l’intermédiaire de l’entrée
modulation du contrôleur de l’AOM : PNR = Pmoy/dc. Ce système permet un contrôle précis
de la puissance crête envoyé au système, tout en s’affranchissant des dérives en température.
De plus, le choix du point de fonctionnement (puissance moyenne) et du rapport cyclique
se fait directement à partir de l’ordinateur, ce qui permet de prendre des spectres de PL
tout en variant la puissance de façon automatisée. La puissance maximale qu’il est possible
d’obtenir avec notre montage est : Pmax

NR = 10 mW. La puissance moyenne est mesurée avant
la fibre qui part dans le cryostat, il faut donc prendre en compte le couplage à la fibre pour
connaître la puissance effectivement délivrée au système.
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V.1.1 Mécanisme de population des états polaritoniques à basse
puissance

Dans le régime de faible excitation, de nombreux travaux ont montré que la répartition des
excitons créés par une excitation non-résonnante dans une micro-cavité solide donne lieu à
un goulet d’étranglement [142] à grand vecteur d’onde. Ce dernier est lié à la diminution de
la densité d’état près de ~k‖ = 0 et forme un réservoir d’excitons proche du point d’inflexion
de la dispersion du LP.
Contrairement au micro-cavités solides formées par deux miroirs plans, les modes optiques

soutenus par une µ-cavité fibrée possèdent des vecteurs d’onde très proche de ~k‖ ≈ 0. On peut
donc considérer que les excitons formant le réservoir à grand ~k‖ (∼ 104 cm−1) n’interagissent
pas avec le mode de cavité, contrairement aux états polaritoniques ( ~k‖ ≈ 0).
Les travaux sur des polaritons confinés ont montré que la relaxation des excitons formant

ce réservoir est accélérée par le confinement [145], grâce à l’ouverture de la fonction d’onde
polaritonique dans l’espace réciproque. Cet effet semble cependant, dépendre fortement de
la longueur d’onde d’excitation.
Il existe principalement deux canaux de relaxation des excitons depuis le réservoir vers les

états polaritoniques :
– un exciton du réservoir émet un (ou plusieurs) phonon(s) acoustique(s),
– une collision entre deux excitons dont l’un est diffusé vers un état polaritonique.
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Figure V.2 – Mécanismes de relaxation des excitons à basse puissance. Une non linéarité
à basse puissance du signal de PL du mode LP00 en fonction de la puissance de pompe
est observée. Elle traduit le passage d’un mécanisme de relaxation par émission de phonons
à un mécanisme de collision entre excitons. Les données ont étés prises dans une cavité
FFP formée avec une fibre MM. La taille transverse du faisceau de pompe vaut 25 µm.
L’échantillon comporte 3 QWs et son émission est centrée à 850 nm.

Le premier mécanisme donne une population polaritonique dépendant linéairement de
la densité d’excitons dans le réservoir, alors que le second mène à une dépendance
quadratique. Lorsque la puissance de la pompe non-résonante augmente, la densité d’excitons
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augmente et les collisions entre excitons deviennent le mécanisme de relaxation vers les états
polaritoniques le plus efficace. Cette non-linéarité à été étudiée précédemment, notamment
par P. Senellart et al. [171,172,173], et les mesures de PL résolues en angle montrent que les
collisions entre polaritons font disparaître le goulet d’étranglement.
La figure V.2 représente l’intensité de PL du LP00 (formé avec le mode de cavité TEM00)

en fonction de la puissance d’excitation non résonante PNR. L’ajustement des pentes donne
une dépendance légèrement sub-linéaire à basse puissance (exposant 0,85) qui double (1,63)
après la puissance caractéristique PNR = 23 µW, traduisant le changement de mécanisme
de relaxation.
La figure V.2 présente aussi le début d’une forte non-linéarité (à PNR = 6 mW), que nous

allons étudier en détail dans la suite.

V.1.2 Seuil en puissance

Nous observons une très forte non-linéarité de l’intensité de PL avec avec la puissance de
pompe, aussi bien pour l’échantillon avec 9 QW (cf. figure V.3) que celui en comportenant
1 (cf. figure V.4).

Figure V.3 – Variation de la PL du LP00 avec la puissance de pompe pour δ = −5,8 meV
dans l’échantillon contenant 9 QWs. (a) Dépendance de l’intensité de PL avec la puissance
de Pompe. (b) Dépendance de la largeur polaritonique avec la puissance de Pompe.
(c) Décalage de la fréquence d’émission du LP00 avec la puissance de pompe.

La largeur spectrale mesurée augmente avec la puissance de pompe avant de diminuer
drastiquement au seuil. La largeur du mode est alors plus faible que la résolution du
spectromètre. L’évolution de la largeur ne nous permet pas de discriminer entre un laser
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classique (formule de Schawlow-Townes) et un laser à polaritons où une augmentation de la
largeur est attendue à forte puissance d’excitation.
Les dépendances en puissance sont ajustées en échelle logarithmique par la somme d’une

droite et d’une fonction en « S », plus précisément :

ln(IPL) = α ln(PNR) + β + A
(
e−B(lnPNR−lnPseuil) + 1

)−1
(V.1)

où IPL est l’intensité collectée en PL et PNR la puissance de pompe non-résonante.
α, β,A,BetPseuil sont les parmaètres ajustables qui quantifient respectivement la pente(à
basse et à haute puissance), un décalage constant, l’amplitude du seuil, sa largeur en
puissance d’excitation et la puissance seuil.
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Figure V.4 – À gauche : dépendance de l’intensité de PL avec la puissance de Pompe pour
1 QW pour δ = −5,4 meV. À droite : La dépendance de la pente en échelle logarithmique
avec le désaccord. La pente α varie entre 1,8 (presque quadratique) à 1,2 (presque linéaire).
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Figure V.5 – À gauche : dépendance de la puissance seuil avec le désaccord pour un QW.
À droite : dépendance de la puissance seuil avec le désaccord pour 9 QWs

Nous remarquons que la pente observée avant le seuil correspond à celle observée après le
seuil. Cela semble indiquer que les mécanismes de peuplement des LPs sont toujours aussi
efficace (pas de dépeuplement du réservoir).
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La figure V.5 présente la dépendance de la puissance au seuil avec le désaccord pour les
deux échantillons contenant 1 et 9 QWs.
Nous allons maintenant présenter un modèle de polaritons en interaction pour expliquer

les mesures expérimentales.
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V.2 Modèle de polaritons désordonnés en interaction
Nous présentons ici un modèle développé par P. Littlewood et ses collègues [59, 60]

pour décrire les propriétés des polaritons au delà du régime linéaire. Nous commençons
par justifier l’utilisation de ce modèle fermionique dans notre système avant de décrire la
transition de phase du type Dicke [88] prédit par ce modèle dans l’ensemble grand canonique.
Nous comparerons ensuite l’énergie des polaritons observée en photoluminescence avec les
prédictions théoriques.

V.2.1 Modèle de Tavis-Cumming

Nous reprenons ici le modèle de Tavis-Cumming développé au §II.1.2 décrivant N systèmes
à 2 niveaux couplés à un mode de cavité :

H = ~ωca†a+
∑
i

~ωiSzi +
∑
i

~gi(a†S−i + aS+
i ), (V.2)

où les deux états d’un système à 2 niveaux sont décrits par les opérateurs associés à un
spin 1/2 : Szi = S+

i S
−
i − 1/2. Nous nous intéressons aux propriétés de ce système soumis à

de fortes puissances de pompe. Dans ce régime, l’approximation de Holstein-Primakoff, qui
revient à considérer des opérateurs bosoniques pour décrire les excitons du puits quantique,
n’est plus adaptée.
Comme nous l’avons vu au §III.3, le désordre dans l’échantillon joue un rôle crucial et doit

être pris en compte pour décrire correctement le système. À partir de l’amplitude et de la
longueur de corrélation du potentiel désordonné, il est possible de calculer numériquement
les fonctions d’ondes associées aux états désordonnées |φi〉 = σi+ |0〉 ainsi que leurs énergies
~ωi distribuées autour de ~ωX . Les états de basse énergie sont localisés dans le désordre et
il est possible de définir la longueur de localisation comme [175] :

Λ =

(∫
d~R |φi(~R)|4

)−1/2

. (V.3)

Cette dernière peut être estimée numériquement en moyennant sur plusieurs réalisations
du désordre. Les résultats présentés par Savona [176] montre que, pour ∆ = 1 meV et
lc = 10 nm, la longueur de localisation est inférieure à 50 nm pour les états de basses énergie
et augmenet très fortement avec l’énergie du mode désordonné (~ωi > ~ωX).
Les états de basse énergie, fortement localisés dans le désordre Lifshitz, ont une forme

à peu près gaussienne. Un état plus faiblement localisé (~ωi > ~ωX) est caractérisé
par une fonction d’onde présentant de nombreux noeuds et peut être approximée par
une superposition d’ondes planes de vecteur d’onde |~p| '

√
2M~(ωi − ωX) [177]. Nous

considèrerons principalement dans la suite, le couplage au mode de cavité TEM00. Ce dernier
possède une faible extension dans l’espace réciproque devant le vecteur d’onde moyen des
états faiblement localisés ∆|~k| = 1

w0
� |~p|/~. La conséquence est que le mode de cavité est

principalement couplé aux états désordonnés de basse énergie fortement localisés ; cela est
d’ailleurs vérifié par simulation numérique par F.M. Marchetti et al. [178].
La localisation des états désordonnés sur des dimensions proches du rayon de Bohr de

l’exciton, justifie l’utilisation du modèle de Tavis-Cumming pour décrire le couplage du
QW à la micro-cavité FFP, au-delà du régime linéaire. La description par des opérateurs
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fermioniques pour les excitons correspond à la description d’excitons en interactions fortes
où l’occupation d’un même état localisé par deux excitons est trop coûteuse en énergie pour
être observée.

V.2.2 Transition de Dicke dans l’ensemble grand canonique

Le modèle de Dicke [3] prédit l’apparition d’une phase associée à la superradiance des
émetteurs avec une occupation macroscopique de l’état fondamental [88,179].
Nous présentons ici la condensation des polaritons dans le modèle de Dicke telle qu’elle a été

décrite dans le groupe de P.B. Littlewood [60]. Nous décrivons donc les excitons comme des
systèmes à deux niveaux couplés à un mode de la cavité. Le système expérimental présente,
bien sûr, un temps de vie fini mais nous supposerons que nous somme dans le régime de
quasi-équilibre, dans lequel le temps de thermalisation du système est inférieur à son temps
de vie. La description du système ouvert est possible bien que plus complexe [180,181].
Nous nous proposons de décrire le système à l’équilibre thermodynamique dans l’ensemble

grand canonique par l’intermédiaire du grand potentiel calculé dans l’approximation du
champ moyen. Nous en déduirons l’équation d’état et le diagramme de phase de N systèmes
à 2 niveaux en interaction avec un mode du champ. Les prédictions de ce modèle seront
ensuite comparées aux données expérimentales.

V.2.2.a Grand potentiel dans l’approximation du champ moyen

Le nombre d’excitations présentes dans le système à une constante (−N/2) près s’écrit :

Nex = a†a+
∑
i

Szi . (V.4)

Avec cette définition, lorsque tous les émetteurs sont dans leur état fondamental et que la
cavité ne contient pas de photon : 〈Nex〉 = −N/2. Nous définissons le nombre d’excitations
par excitons n = 〈Nex〉/N . Quand la cavité est vide, ce dernier varie donc entre −1/2 et 1/2.
L’approximation de champ moyen revient à négliger les corrélations quantiques entre le

champ et les émetteurs. L’opérateur décrivant le mode de cavité est simplement remplacé
par un nombre réel a →

√
Nλ avec λ ∈ R, ce qui fixe la phase globale du système. Ce

dernier sera ensuite utilisé comme paramètre variationnel pour déterminer l’état d’équilibre
thermodynamique. À la limite thermodynamique (N → ∞), l’approche de champ moyen
devient exacte car chaque système à 2 niveaux est couplé au champ de cavité moyen créé
par les nombreuses autres excitations électroniques et les fluctuations du champ de cavité
sont négligeables.
Le système est ouvert et il peut échanger des photons avec l’extérieur (pertes à travers

les miroirs de la cavité) ou encore le nombre de système à 2 niveaux dans l’état excité peut
varier de par le contact avec les excitons créés par PL. Comme le nombre d’excitations et
l’énergie du système ne sont pas fixés, nous introduisons le potentiel chimique du système
µ et la température T . Les propriétés à l’équilibre thermodynamique sont données par la
fonction de partition grand canonique :

Ξ(T, µ) = Trace
(
e−β(H−µNex)

)
, où β =

1

kBT
. (V.5)
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Avec les notations précédentes dans l’approximation du champ moyen :

H− µNex =
∑
i

hi, avec hi = (~ωc − µ)λ2 +

(
−~ωi−µ

2

√
Ngiλ√

Ngiλ
~ωi−µ

2

)
(V.6)

Le système se comporte comme des spins indépendants et dans la base des états propres
du Hamiltonien à une particule :

hi = (~ωc − µ)λ2 +

(
−ε̃i 0
0 ε̃i

)
, où ε̃i =

√
Ng2

i λ
2 + (

~ωi − µ
2

)2. (V.7)

La fonction de partition du système se factorise Ξ =
∏

i ξi et le grand potentiel s’exprime
comme la somme des fugacités des différents systèmes à 2 niveaux fi :

Φ(T, µ) = − 1

β
ln(Ξ) =

∑
i

fi, (V.8)

avec fi = − 1

β
ln(ξi) = λ2(~ωc − µ)− 1

β
ln
(
e−βε̃i + eβε̃i

)
. (V.9)

La connaissance du grand potentiel φ en fonction de ses variables naturelles (T et µ) nous
renseigne sur l’ensemble des propriétés thermodynamiques du système.

V.2.2.b Transition de phase de Dicke

Le système est à l’équilibre thermodynamique quand le grand potentiel est minimal :

∂

∂λ
Φ = 0 ⇔ λ(~ωc − µ) =

λ

2

∑
i

g2
i

ε̃i
tanh(βε̃i) (V.10)

La solution λ = 0 décrit la phase normale dans laquelle le nombre de photons dans la cavité
Nλ2 reste faible devant le nombre d’émetteurs. Nous verrons que cette phase correspond à
la description en termes de polaritons comme décrits précédemment. Cette solution devient
cependant instable quand le potentiel chimique se rapproche de l’énergie des émetteurs ;
la figure V.6 représente le grand potentiel dans le cas homogène (ie. sans désordre) pour
différentes valeurs du potentiel chimique.
Ce modèle prédit une transition de phase continue avec l’apparition d’une phase condensée

qui se traduit par un paramètre d’ordre non nul λ 6= 0 et un champ macroscopique dans
la cavité (superradiance). La transition de phase s’accompagne d’une brisure spontanée de
symétrie et les modes de Goldstone correspondant au choix de la phase du condensat (phase
de λ ∈ C) apparaissent dans la phase condensée. Cette brisure de symétrie est provoquée
par les fluctuations quantiques du système et cette transition peut a priori apparaître même
à température nulle.
Dans le cas homogène (ωi = ωX et gi = g0 = g/

√
N) la condition pour obtenir une phase

condensée s’écrit :
(~ωc − µ)(~ωX − µ) < g2. (V.11)
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Figure V.6 – Dépendance du grand potentiel pour N=1 (cas homogène) avec le paramètre de
champ moyen λ. Les différentes courbes sont tracées pour des valeurs du potentiel chimique
µ différentes allant de ωc − 0,7 à ωc − 0,1. La température vaut 10 K, le couplage 1 meV et
le désaccord δ = −1,6 meV.

En effet, si la condition V.11 est vérifiée, alors il existe une température en dessous de
laquelle la phase stable sera la phase superradiante 1.
Avec la connaissance du grand potentiel le système est complètement décrit par la donnée

de la température et du potentiel chimique. Expérimentalement nous contrôlons le nombre
d’excitations présentes dans le système à l’aide de la puissance de pompe et nous pouvons
mesurer l’énergie des excitations du système. Dans la suite, nous relierons les paramètres
thermodynamiques (T et µ) aux grandeurs expérimentales.

V.2.2.c Équation d’état et diagramme de phase

Le nombre d’excitations dans le système est donné par l’intermédiaire de la dérivée du
grand potentiel par rapport au potentiel chimique. Plus précisément :

1. Si maintenant on se place dans l’ensemble canonique (µ = 0), on retrouve l’équation originelle de K.
Hepp et E.H. Lieb [88]. La transition de Dicke dans l’ensemble canonique nécessiterait un couplage supérieur
aux fréquences propres des émetteurs et de la cavité. Même si ces conditions sont réunies [89] la prise en
compte du terme en A2 dans le Hamiltonien de couplage au champ rend la transition impossible à cause
de la règle de Thomas-Kuhn-Reich [182, 183]. Rien ne s’oppose cependant à la transition dans l’ensemble
grand canonique [60], mais il est intéressant de noter que la prise en compte du terme en A2 dans le couplage
modifie légèrement la condition de transition :

(~ωc − µ+ 2κ)(~ωX − µ) < g2, (V.12)

où κ est la constante de couplage associée au terme en A2.
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n = λ2 +
1

N

∑
i

〈Szi 〉 avec 〈Szi 〉 =
∂

∂(~ωi − µ)
Φ, (V.13)

d’où n = λ2 − 1

2N

∑
i

~ωi − µ
2ε̃i

tanh(βε̃i). (V.14)

Dans la phase condensée, la densité d’excitations dans le système a 2 origines :
– la population macroscopique des photons de cavité λ2,
– la population thermalisée des excitations électroniques renormalisée par l’interaction

avec le champ.
Dans la phase normale (λ = 0) on retrouve simplement la contribution des systèmes à 2
niveaux d’origine sans renormalisation : − 1

2N

∑
i tanh(β ~ωi−µ

2
).

La relation V.14 est importante car elle nous permet de relier le potentiel chimique à la
densité d’excitations dans le système.
Comme le montre la figure V.7 pour le cas homogène, la transition de phase quantique est

gouvernée par la densité et cette transition peut a priori être observée même à température
nulle.
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Figure V.7 – Diagramme de phase température-densité dans le modèle de Dicke. Les courbes
tracées présentent la densité critique au dessus de laquelle la phase superradiante (à droite
de la courbe) remplace la phase normale (à gauche de la courbe). Les courbes sont tracées
pour différents désaccords entre la cavité et l’émetteur (sans désordre) qui sont de gauche à
droite : δ = −10,−5,−2, 0, 2, 5 et 10 meV pour un couplage : g = 4 meV.

Pour une énergie de la cavité inférieure ou égale à celle des émetteurs (δ ≤ 0), la transition
apparaît à des densités d’excitations faibles devant la densité correspondante à l’inversion
de population (n = 0). Un faible nombre d’excitons interagissent par l’intermédiaire de la
cavité et quand leur densité excède une valeur critique nc (donné par g et δ), ils condensent.
À température fixée, la présence du désordre augmente la densité critique permettant la
transition, mais l’allure du diagramme de phase reste similaire (ie. condensation avant
inversion de population [60]).
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Dans le cas d’un désaccord δ > 0 la température critique n’augmente plus de façon
monotone avec la densité. Le diagramme présente un profil ré-entrant traduisant le fait
que la transition de la phase normale vers la phase condensée peut aussi bien s’effectuée en
augmentant ou en diminuant la température à densité fixée. Quand l’énergie de la cavité est
largement supérieure à celle des émetteurs (δ > g) et que la densité augmente, les excitons
ne condensent pas, même après avoir passé l’inversion de population. On observe même qu’à
grand désaccord la variation de la température critique est symétrique par rapport à n = 0
en δ → −δ, traduisant en fait la symétrie des états à 2 niveaux. Quand la densité s’approche
de la saturation n ∼ 0,5 le système est constitué par quelques émetteurs non excités (trous)
interagissant par l’intermédiaire de la cavité, qui vont provoquer la condensation à partir
d’une densité critique. À désaccord positif, la prise en compte du désordre va supprimer la
condensation pour des températures trop élevées [60].
Plus généralement l’effet du désordre est négligeable devant les fluctuations thermiques

quand kBT > ∆.

V.2.3 Energie des excitations du système

Dans la phase normale et à basse densité, les excitations du système sont bien connues :
il s’agit des polaritons dont les énergies sont décrites par l’équation III.1. Quand la densité
augmente, la force d’oscillateur du QW diminue [129]. Cela est expliqué ici par la saturation
des émetteurs à 2 niveaux qui réduisent la polarisabilité du QW. En effet le couplage collectif
est proportionnel à la racine du nombre d’émetteurs. Le nombre d’émetteurs participant au
couplage à la cavité diminue au fur et à mesure que ces derniers saturent entraînant une
diminution du couplage. Il est possible de décrire cet effet par l’introduction du spin collectif
décrivant les excitations électroniques : ~S =

∑
i
~Si. L’effet de la saturation du couplage peut

ainsi s’exprimer en fonction de la densité d’excitations n :

g2
sat = −2

∑
i

g2
i 〈Szi 〉 = −2g2〈Sz〉 = −2g2n, (V.15)

où la deuxième égalité est vérifiée dans le cas homogène. L’énergie des excitations dans la
phase normale vaut dans le cas homogène :

ELP,UP =
~ωc + ~ωX

2
±
√

~2δ2/4− 2g2n (V.16)

Cette équation peut être obtenue à partir de la minimisation de l’action du système dans
une théorie de champ moyen [59]. Comme nous allons le voir cette saturation se traduit
expérimentalement par un décalage vers le bleu pour le LP et un décalage vers le rouge pour
le UP, quand la puissance de pompe augmente.
La réduction de la séparation de Rabi est légèrement modifiée en présence du désordre.

Dans la limite de basse densité, le décalage vers le bleu du LP dépend, notamment, de
l’énergie caractérisant la décroissance de la densité d’états désordonnés à basse énergie [177].

Dans la phase condensée, le modèle prédit l’apparition de 3 nouvelles excitations
que nous précisons dans le cas homogène [60]. La première est associée au mode de
phase du condensat et s’identifie au potentiel chimique du système. Les deux autres
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excitations sont situées de part et d’autre du mode de phase et sont séparées par
2ξ = 2

√
(~ωc − µ+ ~ωX − µ)2 + 4g2|λ|2 (analogue du gap de la théorie BCS). Ces

dernières représentent une quasi-particule exciton-photon couplés, en présence du champ
macroscopique du condensat. ξ est l’énergie requise pour extraire une telle paire du
condensat. Cependant en présence de désordre l’excitation de basse énergie possède un poids
spectral trop faible pour être observée.

G!"n#!
C"

i"n"E"
"

C#

i"n"E#
. !28#

The structure of this thermal Green’s function is clear: we
have two excitations, with quasiparticle energies,

E$"$ex!%!"c"Eg#$g!&2#8'ex(/2,

and corresponding weights,

C$!$!2 )̃#E$#/!E##E"#.

These normal-state excitations are polaritons in the general
sense of Hopfield:2 coupled modes involving the linear re-
sponse of the electronic system around its equilibrium state.
The gap in the spectrum is increased over the bare detuning
& owing to the dipole coupling between the excitons and the
cavity mode. The presence of excitation in the ground state,
either driven by finite temperatures or by finite $ex , causes
the two polariton branches to attract. This attraction is due to
the decrease in the polarizability of the electronic states as
their population increases and saturation occurs. It can also
be understood in terms of an angular momentum
representation16 for the collective states of the electronic sys-
tem. In such a representation, the excitation of the electronic
states corresponds to the z component of an angular momen-
tum, while their polarization corresponds to the raising op-
erator S" . Thus the polarizability of the electronic states is
maximized at *Sz+!#N/2.
Since condensation is a phase transition, we expect a

qualitatively different excitation spectrum in the condensed
state. From Eqs. !22# and !16#, we find for the normal ther-
mal Green’s function

G11! i"n,0 #!
"̃c!"2"2g2!-!2##i"!"2"4E2"2"̃c)̃ #

! i"n#
2! i"n".#! i"n#.#

,

!29#

with .!!("̃c"2 )̃)2"4g2!-!2. The form !29# is only valid
at finite frequencies, since we have discarded the Kronecker
deltas in Eq. !22#. We are considering this finite-frequency
form because it describes only the excitation spectrum of the
condensate, while the zero-frequency form also includes the
thermodynamic fluctuations of the condensate. The (i"n)2 in
Eq. !29# is associated with the phase mode of the condensate,
discussed in the Appendix. The remaining poles at i"!$.
describe the quasiparticle excitations. These quasiparticles
are coupled exciton-photon modes in the presence of the
macroscopic electromagnetic field of the condensate. . is
analogous to the pair breaking energy in a superconductor: it
is the energy required to extract an exciton-photon complex
from the condensate. Note that if we remove the photon con-
tribution to this energy, by setting "̃c!0, then . becomes the
familiar expression29 for the energy of an electron-hole pair
in the presence of a classical electromagnetic field at fre-
quency $ex .
In Fig. 6, we illustrate the evolution of the excitation en-

ergies of the microcavity with increasing density. To explain
the relationship between the excitation energies and the
phase diagram, we also plot the chemical potentials for the

normal and condensed states on this figure. The left panel of
this figure should be compared to the g/!2 line of the
corresponding phase diagram, which is the left-hand panel of
Fig. 4. When &!0 and 'ex!#0.5 the system is in the nor-
mal state. Increasing 'ex populates the electronic excitations,
increasing the chemical potential and decreasing the polar-
iton splitting. Eventually the chemical potential crosses the
lower polariton branch from below and the system con-
denses. At the critical density, the lower polariton branch
joins to the phase mode at the chemical potential, the upper
branch joins to the ‘‘pair breaking’’ excitation, and an exci-
tation appears below the chemical potential. This latter exci-
tation has zero weight at the transition. It corresponds to an
excited state to ground-state transition, where an exciton-
photon complex is absorbed into the condensate. There is no
corresponding excitation in the normal-state Green’s func-
tion, because the ground state of the N"1 particle system
(N"1 excitons# cannot be reached from the excited states of
the N particle system (N#1 excitons and 1 polariton# by
adding a photon.
The relationship between the excitation spectrum and the

phase diagram is slightly different when the transition occurs
for 'ex%0. For example, in the right panel of Fig. 6 the
chemical potential crosses the lower polariton branch at 'ex
!0 without the condensate appearing. It is not until the
chemical potential crosses the upper polariton branch that the
transition occurs. This can be understood by considering the
signs of the quasiparticle weights C$ . A positive quasipar-
ticle weight corresponds to absorption of an external field !a
particlelike transition#, whereas a negative quasiparticle
weight corresponds to gain !a holelike transition#. For 'ex
%0, the lower polariton branch has a negative weight: it has
become holelike, and must be below the chemical potential
for stability. At the transition it is now this lower branch
which joins to the ‘‘pair forming’’ excitation of the conden-
sate, while the upper branch joins to the phase mode and the
‘‘pair breaking’’ excitation appears above the phase mode.

FIG. 6. Excitation energies and chemical potentials as a function
of density for the homogeneous model at &!0 !left-hand panel#
and &!2 !right-hand panel#, both with g/!2. Thin solid lines:
normal-state excitation energies. Thick solid lines: condensed-state
excitation energies. Dashed lines: normal-state chemical potential.
Dot-dashed lines: condensed-state chemical potential. The shading
marks the condensed region for this / .
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Figure V.8 – Énergies des excitations dans le modèle de Dicke en fonction de la densité
d’excitations. Les excitations de la phase normale sont représentées par une courbe continue
fine. Le potentiel chimique de la phase normale est repéré par la courbe tiretée −−. La phase
condensée est indiquée par l’aire grisée. Le potentiel chimique du condensat est tracé en trait
alterné −·−. Les deux autres excitations du condensat sont représentées par une courbe noire
épaisse. Les deux figures sont tracées pour β = 2g, celle de gauche présente le cas résonnant
(δ = 0) et celle de droite un désaccord positif (δ = 2g). Figure extraite de [60] avec ρex ≡ n,
µex ≡ µ et Eex = ELP,UP .

La figure V.8 représente l’énergie des excitations du système et leur variation avec la
densité. Quand l’énergie de la cavité est inférieure (ou égale) à la fréquence des émetteurs
(figure de gauche), la condensation apparaît à faible densité d’excitations et correspond à
l’égalité entre le potentiel chimique et l’énergie du LP. Quand le potentiel chimique atteint
l’énergie du LP, le coût énergétique pour ajouter une excitation dans le système correspond
à l’énergie du LP et ce niveau est macroscopiquement peuplé par le réservoir. L’énergie du
LP se connecte alors au potentiel chimique et le décalage vers le bleu est une observation
directe de la variation du potentiel chimique du condensat avec la densité [177] .
Le modèle homogène décrit bien le décalage de la fréquence du LP observé

expérimentalement (cf. figure V.9) et ce, pour tous les désaccords où la condensation est
observée. Dans un premier temps le décalage vers le bleu est dû à la saturation des émetteurs,
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puis, dans la phase condensée, il traduit l’augmentation du potentiel chimique avec la densité.
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Figure V.9 – Décalage de la fréquence du LP avec la puissance d’excitation. La courbe
bleue représente le décalage en fréquence de la PL du LP mesuré en fonction de l’intensité
de pompe, pour un échantillon contenant 9 QWs. La courbe verte est un ajustement des
données expérimentale avec le modèle de Dicke. Les deux paramètres de l’ajustement sont le
facteur de proportionnalité (α = 0,13 mW−1) entre la puissance d’excitation et la densité
d’excitations : n = −1/2 + αPNR, d’une part et la température du système T = 68 K,
d’autre part. La courbe rouge discontinue représente la position de la cavité. Le désaccord
entre la cavité et l’émetteur vaut δ = −8,9 meV, et le couplage g = 4,3 meV. La région grisée
représente la phase condensée pour n > −0,35.

Le seuil de condensation déduit à partir des mesures du décalage en fréquence correspond
au seuil observé en puissance (cf. figure V.5). La condensation s’opère ici avant l’inversion
de population nc = 0,35 < 0,5 et l’établissement d’une population macroscopique qui s’en
suit peut être appelé laser à polaritons. Cette condensation apparaît bien avant que l’énergie
du LP corresponde à celle de la cavité, traduisant le fait qu’il existe toujours un couplage
important entre les exitons et le mode de cavité : mais plus important encore l’énergie du
mode continue de se décaler vers le bleu 2 après la condensation traduisant l’augmentation
du potentiel chimique. Dans un laser classique, la matière est pompé de telle sorte que
l’amplification des photons de cavité compense les pertes optiques 3, cependant seuls les
photons de cavité sont cohérents. Dans le condensat la cohérence est aussi présente dans
les excitons 4, ce qui se traduit d’ailleurs par l’augmentation du potentiel chimique et donc

2. Invalidant la possibilité d’un décalage vers le rouge de la cavité à cause d’un effet d’indice [184].
3. Dans les matériaux semi-conducteur la réalisation de l’inversion de population n’est a priori pas

obligatoire [185].
4. La fonction d’onde décrivant le système est du type BCS et traduit directement la relation de phase
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de la fréquence de la photoluminescence quand la densité augmente, contrairement à un
laser classique. Le critère important est donc la décohérence du système qui se traduit par
les valeurs des constantes de fuites de la cavité et des émetteurs κ et γi respectivement
[186,180,181].
L’ajustement du décalage du LP est effectué pour plusieurs désaccord. La figure V.10

présente la dépendance des paramètres de l’ajustement en fonction du désaccord.

14 12 10 8 6 4

Désaccord (meV)

55

60

65

70

75

80

85

90

95

100

T
e
m

p
é
ra

tu
re

 (
K

)

14 12 10 8 6 4

Désaccord (meV)

0.10

0.11

0.12

0.13

0.14

α
 (

m
W
−

1
)

Figure V.10 – Échantillon contenant 9 QWs. À gauche : Dépendance de la température
avec le désaccord. La fonction tracée en rouge est : 0,3/C2

X(δ) + 56 K, où CX = 1
2

+ δ

2
√
δ2+4g2

est le coefficient de Hopfield représentant le poids excitonique du LP. À droite : Dépendance
du facteur de proportionnalité entre la puissance d’excitation et la densité d’excitations avec
le désaccord.
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Figure V.11 – Dépendance de la densité d’excitations critique nc (triangles rouges) et de la
puissance au seuil avec le désaccord (points noirs) pour l’échantillon contenant 9 QWs.

Le modèle suppose qu’un équilibre thermodynamique peut être atteint. Le long temps de
vie des photons et le confinement assuré par le mode de cavité aide a priori à la thermalisation

fixe entre les émetteurs dans la phase condensée [60].
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du système [145]. Les collisions entre polaritons sont responsables du peuplement du niveau
fondamental (cf. V.1) elles sont a priori aussi responsable de la thermalisation du système.
Nous constatons que la température extraite par l’ajustement des données à une dépendance
en 1/C2

X où CX est le poids excitonique du polariton, avec une asymptote autour de 56 K.
Les effets du désordre qui ne sont pas pris en compte dans le modèle commencent à être
perçus pour les désaccords |δ| les plus faibles. Cela peut notamment être observé sur le
coefficient α de proportionnalité entre la densité et la puissance de pompe. La diminution de
ce dernier correspond à la diminution observée dans la dépendance en puissance (cf. figure
V.4) traduisant l’inefficacité du peuplement du LP pour les faibles désaccords |δ|.
La figure V.11 présente la densité critique de condensation nc et la puissance de pompe

critique issues de l’ajustement des données en fonction du désaccord. Ces résultats sont
conforme au seuils observés dans la dépendance en puissance (cf. figure V.5). La densité
critique reste faible pour toute la gamme où la condensation est observée.

Nous avons utilisé un modèle homogène qui s’accorde bien au donné dans la mesure où
les désaccords |δ| où la condensation est observée sont suffisamment grand pour que le
rôle du désordre ne soit pas critique. Cependant, pour décrire les données prises sur un
échantillon contenant un seul puits quantique, il sera nécessaire de réaliser une simulation
numérique du désordre pour prendre son effet en compte. De plus pour un QW unique formé
à l’aide de semi-conducteurs III-V, il est généralement admis que la densité de porteurs
nécessaire à l’obtention d’une stimulation bosonique est a priori supérieure à la densité de
transparence correspondant à la perte du couplage fort dans le système [187, 129], rendant
l’interprétation de nos mesures pour un QW unique délicate 5. Nous présentons rapidement
dans l’annexe D le lien entre le modèle présenté ici et un modèle de bosons interagissant
faiblement. Une comparaison détaillée de ces deux modèles a été faite par J. Keeling et
al [189]. Nous présentons aussi le décalage en fréquence du UP dans le cas d’un désaccord
positif, ainsi que des premières mesures relatives au blocage quantique de polariton [61].

5. Nous obtenons cependant des résultats similaires à ceux présentés dans la cas de 9 QWs, à la différence
près que la condensation aurait lieu à une fréquence plus élevée que celle de la cavité. Nous pensons qu’il
est envisageable d’interpréter ces résultats dans le cadre du modèle développé ici en présence de désordre, et
avec la prise en compte du terme en A2 dans le Hamiltonien de couplage. Le modèle prédit en effet qu’avec
ce dernier, la condensation peut avoir lieu à une fréquence plus élevée que celle de la cavité [182,188].



124 Condensation de polaritons et effets d’interactions dans une cavité fibrée

Conclusion du chapitre V
Nous avons décrit la dépendance en puissance du signal de photoluminescence observé dans

des échantillons désordonnés contenant 1 et 9 puits quantique(s). Nous avons montré qu’à des
puissances intermédiaires, les collisions entre polaritons sont responsables du peuplement du
polariton bas. Le désordre localise les excitons qui se couplent au mode de cavité et le modèle
de N spins 1/2 en interaction avec un mode de cavité décrit correctement le décalage de la
fréquence du polariton bas quand la puissance d’excitation augmente. Ce modèle permet
d’interpréter la forte non-linéarité du système en termes de transition de Dicke vers une
phase superradiante. Le décalage vers le bleu observé après le seuil traduit la présence de
la cohérence dans la matière (les excitons sont en phase). Il est possible d’envisager des
expériences complémentaire pour s’en assurer comme faire interférer la lumière provenant
de deux modes transverse différents.



Conclusion et perspectives

Nous avons modélisé et caractérisé expérimentalement le couplage d’hétérostrucutres
semi-conductrices à une micro-cavité fibrée. Nous avons pu apprécier les avantages qu’offre
un tel dispositif expérimental en comparaison des structures monolithiques. En nous
appuyant sur la grande adaptabilité de la micro-cavité fibrée nous avons pu explorer
plusieurs régimes intéressants de la CQED, avec des boîtes et des puits quantiques.

Une boîte quantique dans une micro-cavité fibrée réalise un parangon de dispositif pour
l’étude de la CQED. L’ensemble des paramètres y sont ajustables permettant l’exploration
de différents régimes allant de l’alimentation de la cavité à grand désaccord, à l’observation
du dédoublement de Rabi à résonance. Ce dispositif expérimental peut être utilisé comme
une source non-classique de photons dans des expériences de cryptographie quantique,
mais il représente aussi une étape importante vers une interface fibrée entre un spin et un
photon [47, 190]. Il permet aussi d’envisager l’intrication de plusieurs émetteurs [191, 192]
et peut notamment permettre de réaliser des expériences mixtes entre une boîte quantique
et un atome ou entre une boîte quantique et un autre émetteur solide. Il est en effet assez
facile de passer d’une boîte quantique à une autre afin de trouver celle dont la fréquence est
idéale, puis d’ajuster la fréquence de l’émetteur et de la cavité afin d’accorder l’ensemble
des fréquences de l’expérience.

Concernant l’étude des polaritons confinés, nous avons montré que le couplage dans
une telle structure permet de faire varier les propriétés des polaritons, notamment par
l’intermédiaire du temps de vie des photons. En cela, nous pensons que ce système est
parfaitement adapté à l’étude des propriétés thermodynamiques et à la caractérisation
précise du diagramme de phases des polaritons. Nous avons observé une transition avec la
densité d’excitation dont l’énergie de l’état fondamental est correctement décrite en termes
de transition de phase de Dicke. Des mesures complémentaires peuvent être effectuées,
comme sonder la cohérence spatiale des polaritons, en mesurant par exemple la cohérence
entre les différents modes transverses. Nous avons aussi présenté une première étude des
interactions entre polaritons confinés dans une micro-cavité fibrée. Une amélioration du
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montage optique CO2 utilisé pour la fabrication des miroirs fibrés , afin de réaliser des
rayons de courbure plus faibles encore (∼ 10 µm) devrait permettre de caractériser le régime
de blocage de polaritons [61]. Ce dernier ouvrirait la voie vers la physique des polaritons
fortement corrélés et permettrait notamment d’observer une non-linéarité ultime au niveau
du photon unique.

Enfin, cette première réalisation peut être adaptée à l’étude de différents émetteurs solides,
comme les centres N− V dans le diamant, les nanotubes de carbones, ou le graphène...
La réalisation d’une plateforme permettant l’observation de l’échantillon par le dessus, par
exemple en installant d’une lentille à côté de la fibre, peut faciliter grandement le travail
expérimental en permettant de repérer et caractériser les émetteurs ponctuels dans l’espace
libre, avant de s’intéresser à leur propriétés en cavité, offrant ainsi une caractérisation très
complète de l’ensemble des propriétés d’émissions du système étudié.
En conclusion, ce dispositif expérimental nous a permis d’explorer la richesse de la CQED

avec des excitons d’hétérostructures semi-conductrices. Une micro-cavité fibrée est un outil
puissant qui dans l’avenir pourrait nous aider à mieux comprendre les propriétés optiques
de la matière sous toutes ses formes.



ANNEXE A

Fabrication et caractérisation des miroirs fibrés

Dans la vie de tous les jours les fibres optiques assurent un rôle toujours croissant
dans l’échange d’informations. Parallèlement au développement des télécommunications le
domaine des fibres optiques à subi un développement technologique (voir récemment les
fibres à cristaux photoniques [193]) garantissant une fiabilité de la production et une qualité
standardisée. En 2009 C.K. Kao partage d’ailleurs le prix Nobel de physique pour son travail
sur les fibres optiques dans les télécommunications. Leur facilité d’utilisation ainsi que le
contrôle de la lumière qu’elles permettent font aussi des fibres un outil puissant pour la
recherche fondamentale. Une élongation contrôlée de la fibre (« fiber taper ») permet par
exemple de coupler la lumière dans un micro-résonnateur à travers son champs évanescent
[194, 195]. Dans notre équipe nous étudions le couplage lumière matière à l’aide de micro-
cavités Fabry-Pérot fibrées [43, 44]. Elles sont formées par deux miroirs dont un au moins
est situé directement au bout d’une fibre optique. Cette dernière permet de s’affranchir
du couplage entre l’extérieur et les modes de la cavité autorisant une grande flexibilité
expérimentale. De par leur faibles dimensions (∼ 125 µm de diamètre) les fibres optiques
permettent de plus d’obtenir des cavités Fabry-Pérot très courtes (jusqu’à quelques microns)
intensifiant l’interaction lumière-matière.
Le but de ce chapitre est de présenter la technologie permettant de réaliser ces micro-cavités

Fabry-Pérot fibrées. Dans un premier temps, nous décrirons la méthode de fabrication d’un
miroir concave de haute réflectivité au bout d’une fibre optique à l’aide d’un laser CO2. Puis,
dans une second temps, nous détaillerons la caractérisation par profilométrie optique de la
géométrie des structures obtenues.
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A.1 Fabrication des miroirs fibrés

La méthode de fabrication de miroirs de haute réflectivité au bout de fibres optiques se
décompose en deux parties. Dans un premier temps les fibres sont soumises à l’irradiation
d’un puissant laser CO2 afin de modeler la forme du futur miroir par ablation laser. Nous
décrirons le principe de l’ablation laser avant de détailler le montage expérimental. Ce
traitement laser permet notamment d’obtenir une très faible rugosité de surface, ce qui
après le dépôt d’un traitement réfléchissant de haute qualité permet d’obtenir des miroirs de
grande réflectivité.

A.1.1 Ablation laser

Les fibres optiques sont généralement constituées de silice fondue : une forme non cristalline
du dioxyde de silicium SiO2. Cette dernière possède une absorption élevée autour de 10 µm
dues aux résonances de modes de vibration de Si−O − Si [196]. Avec une longueur d’onde
autour de 10, 5 µm, un laser CO2 permet de délivrer, sous forme de radiations lumineuses,
une grande quantité d’énergie qui, convertie en chaleur dans les premières dizaines de microns
de la silice fondue, permet de modeler la surface.

z

ρ

zopt

w, P0,τ

Figure A.1 – Schéma de principe de la focalisation d’un laser CO2 sur une facette de fibre
optique

Modélisons l’expérience suivante : la face d’une fibre optique parfaitement clivée est
exposée à une impulsion laser CO2 d’une durée τ (c.f. figure A.1). L’intensité à la sortie du
laser a une répartition transverse gaussienne [197] qui s’exprime en coordonnées cylindriques
(~ρ, φ, z), par : I(~ρ, z) = P0

πw(z)2 exp− 2~ρ2

w(z)2 . La taille transverse du faisceau w(z) est déterminée

par le « waist » w0 (rayon minimal du faisceau gaussien) et la longueur de Rayleigh zR =
πw2

0

λ

et vaut w(z) = w0

√
(1 + ( z

zR
)2). Les trois paramètres de contrôle pour l’ablation laser sont

donc la durée de l’impulsion laser τ , la puissance P0, et la taille du faisceau au niveau de la
face de la fibre w.
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Fig. 3. Real n! and imaginary k! parts of the complex refractive index of silica glass between 1 and 15 "m as reported in the literature
and summarized in Table 1. The solid curve (present study) was obtained with Eqs. (21)–(24) by using coefficients listed in Table 2.

8125 APPLIED OPTICS ! Vol. 46, No. 33 ! 20 November 2007Figure A.2 – Partie réelle (indice nλ) et
imaginaire (coefficient d’extinction kλ) de
l’indice complexe de la silice fondue SiO2 en
fonction de la longueur d’onde. Figure extraite
de [196].

Une partie de l’intensité est réfléchie
avec un coefficient de réflexion en énergie
RSiO2 qui peut varier autour de 0,15 selon
les procédés de fabrication. Le reste de
l’énergie lumineuse est absorbée dans une
couche d’épaisseur α−1 = λ

4π
kλ où kλ

est le coefficient d’extinction (c.f. figure
A.2). Ce coefficient varie beaucoup avec la
température : α−1 passe de 34 µm à 4
µm quand la température passe de 25◦C à
1800◦C [198].
Le rayonnement laser est donc à l’origine

d’une source de chaleur dans la silice fondue
[199] :

Q(ρ, z) =
2P0(1−RSiO2)α

πw(z)2
e−αze

− 2ρ2

w(z)2 .

Le profil de température dans la silice fondue
peut être modélisé en résolvant l’équation de
la chaleur :

ρSiO2C
∂T

∂t
+∇.(κ∇T ) = Q(ρ, z, t),

où ρSiO2 ' 2220 kg/m3 est la densité
de la silice fondue, C ' 750 J/kg/K est
la chaleur spécifique, et κ la conductivité
thermique. Cette dernière vaut 1,4 W/
m/K à température ambiante mais varie
énormément avec la température et à priori
de façon non linéaire, ce qui complique
la résolution de l’équation de la chaleur
autrement que numériquement [200] [201].

Dans le cadre d’un modèle simplifié, une solution analytique peut cependant être donnée
pour un matériau remplissant le demi-espace z ≥ 0 avec une conductivité thermique
constante :

T (~ρ, t) =
Aw2I0

2κ

√
D

π

∫ t

0

exp− ~ρ2

w2

2
+4Dt′√

t′(w2

2
+ 4Dt′)

dt′, (A.1)

où A = 1 − RSiO2 est le coefficient d’absorption, I0 = P0

πw(z)2 l’intensité du faisceau CO2 et
D = κ

ρC
la diffusivité thermique de la silice fondue.

Plusieurs phénomènes permettant d’évacuer la chaleur se déroulent lors de l’ablation laser ;
leur importance relative dépendra de la température atteinte dans le matériau.
Conduction : la chaleur est guidée dans la fibre vers des zones de température moins

élevée. La densité de flux de chaleur est Φcond = −κ∇T .
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Rayonnement : la fibre évacue une densité de flux de chaleur grâce au rayonnement du
corps noir Φray = εσSB(T 4 − T 4

amb) où ε est l’émissivité et σSB est la constante de Stefan-
Boltzmann.
Convection : l’air chaud autour de la fibre emporte une partie de la chaleur et l’on peut

définir un flux convectif par Φconv = h(T − Tamb).
Évaporation : pour des températures supérieures à 2000 K le processus dominant est

la dislocation : SiO2 → SiO(g) + 1
2
O2(g). La vitesse du front de l’évaporation peut être

déterminée à partir du profil de température [202] :

v(~r, t) = v0 exp− U

kBT (~r, t)
, (A.2)

où v0 = 3, 8 × 103 cm/s et la chaleur latente par atome U = 3, 6 eV . Par intégration de la
vitesse du front d’évaporation, on peut remonter à la géométrie de la surface ainsi crée à
partir du profil de température (c.f. figure A.3).

Figure A.3 – À gauche : profil de température à la surface du matériau calculé pour des
paramètres lasers P0 = 570mW , w = 40µm et τ = 15ms par évaluation numérique de
l’équation A.1. À droite : géométrie correspondante calculée par intégration de l’équation
A.2 (en développant au premier ordre la variation temporelle de la température).Figure
extraite de [200].

Ce modèle prédit la formation d’une géométrie approximativement gaussienne,
concave dans une certaine gamme de paramètres [202] pour un matériau dont les
dimensions (longueur, largeur et épaisseur) sont très grandes devant les autres dimensions
caractéristiques apparaissant lors de l’ablation laser. La prise en compte de la géométrie de la
fibre par un modèle numérique, ainsi que de la variation avec la température des propriétés
de la silice peut permettre de préciser la surface obtenue par ablation laser [200]. Cependant
lors de l’échauffement, la viscosité de la silice fondue SiO2, qui est un matériau amorphe,
va diminuer [203], permettant alors des mouvements de convection prenant place au sein
du matériau. Les effets hydrodynamiques durant l’ablation laser sont très durs à prendre en
compte, même dans un modèle numérique. Ceci explique pourquoi les structures obtenues par
simulation n’ont en général qu’un accord qualitatif avec les structures expérimentales et ne
permettent pas de déterminer à l’avance les paramètres expérimentaux (τ,P0,w) appropriés
pour l’obtention de la géométrie désirée. Cette dernière dépend d’ailleurs de façon critique
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des paramètres expérimentaux (cf. équation A.2) qui doivent être contrôlés très précisément
(c.f. A.1.2).
Les effets de tensions de surface vont notamment favoriser la création de géométries

convexes afin de minimiser l’interaction avec le milieu extérieur. Ces effets sont habilement
utilisés dans la création de microsphères de silice [204], mais ici notre but étant de former des
miroirs concaves au bout des fibres, il faudra judicieusement choisir les paramètres du laser
CO2 afin que ces effets ne soient pas dominants, mais néanmoins présents car on tire profit
de la présence de cette couche de silice liquide 1 qui permet un réarrangement de surface des
atomes afin d’obtenir une rugosité très faible (c.f. A.2) après traitement au laser CO2. Cette
propriété est essentielle afin d’obtenir des miroirs de haute qualité.

A.1.2 Dispositif expérimental pour l’ablation laser

Le dispositif expérimental permettant l’ablation laser par focalisation du laser CO2 au
bout d’une fibre optique est décrit schématiquement par la figure A.4.

Figure A.4 – Montage optique pour l’ablation au laser CO2 mise en place par C. Deutsch
[200].

Une partie du faisceau laser CO2
2 est envoyée sur un détecteur thermique 3 afin de

connaître la puissance moyenne du faisceau. Le reste du faisceau passe dans un télescope 4 afin
d’ajuster le « waist ». Un obturateur permet de réaliser des impulsions lasers d’une précision

1. bien qu’on ne puisse à proprement parler de phase liquide ou solide (la transition étant continue).
2. Synrad Firestar v20, (20W ).
3. Newport 818P − 020− 12, constante de temps ∼ 1s.
4. Télescope constitué de 2 lentilles convergentes ULO Optics en ZnSe.
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d’environ 30µs. Un polariseur métallique et une lame λ
4
permettent de minimiser le retour

de l’intensité réfléchie au niveau de la fibre dans le laser. Le contrôle de la polarisation joue
aussi un rôle dans le phénomène de l’ablation laser, et à priori une polarisation circulaire
au niveau de la fibre devrait être mise en place dans le futur. Enfin le faisceau est focalisé à
l’aide d’une lentille asphérique sur la surface clivée d’une fibre maintenue dans un sillon en
« V » fixé sur une platine de translation 5, permettant un ajustement dans les 3 directions.
Un capteur CCD 6 monté sur un microscope 7 permet d’observer la fibre grâce à un miroir
dichroïque. Une diode laser émettant une lumière rouge est alignée avec le laser CO2 et
facilite l’alignement des éléments optiques. Ce montage optique a été mis en place sous une
hotte à flux laminaire afin d’éviter toute déposition de poussière au niveau des fibres, ce qui
nuirait à la qualité des futurs miroirs.

A.1.2.a Le laser CO2

La longueur d’onde d’émission du laser est de 10,60±0,03µm et correspond à une transition
entre niveaux vibrationnels de la molécule de CO2. L’inversion de population est réalisée
à l’aide d’une source radio-fréquence (RF) 8 par l’intermédiaire de molécule de diazote. Le
pompage RF est pulsé à 20 kHz et la puissance de sortie est contrôlée en changeant le rapport
cyclique. Les puissances typiques (de 0, 3 à 2W ) utilisées pour l’ablation laser correspondent
à des rapports cycliques inférieurs à 20% 9 si bien que durant le temps d’irradiation τ la
fibre est en réalité soumise à un train d’impulsions. La puissance moyenne reste cependant
pertinente car les temps de diffusion thermique (∼ ms) sont très longs devant la période de
modulation (50µs).
La stabilité de la puissance délivrée par le laser CO2 au niveau des fibres optiques est

essentielle pour la reproductibilité des géométries créées. Pour cela, la température du laser
est maintenue constante à l’aide d’un circuit de refroidissement à eau (« chiller ») et le retour
de la lumière réfléchie (RSiO2 ' 0, 15) dans la cavité laser est supprimé grâce à l’ensemble
polariseur, lame λ

4
. Après quelques dizaines de minutes, la puissance moyenne varie de moins

de 0, 1%. Les fluctuations entre impulsions 10 sont de 2%, se moyennant à 1,2% pour un train
d’impulsion de 4ms± 30µs [200].
La puissance P0 et le temps d’irradiation τ des fibres sont donc très bien contrôlés et nous

permettrons de varier facilement les géométries créées.

A.1.2.b L’ajustement du « waist » du faisceau

Le « waist » du laser est situé à approximativement 70 cm de la sortie du laser et vaut
environ 1,2 mm.Un télescope constitué de 2 lentilles sur un rail permet de changer le « waist »
avant la lentille convergente asphérique, en déplaçant les lentilles l’une par rapport à l’autre.
La taille du faisceau laser est mesurée après la lentille asphérique et le miroir dichroïque à
l’aide d’une lame de rasoir qui est déplacée devant une photodiode perpendiculairement au

5. Thorlabs nanoMAX313
6. Deltapix DP300
7. Navitar Ultrazoom 12×
8. 200W à 81,36MHz
9. La période de modulation étant de 50µs et le temps de descente du laser de l’ordre de 100µs, le laser

émet un rayonnement quasi-continu pour des rapports cycliques supérieurs à 80%.
10. Mesurées à l’aide d’une photodiode rapide (50MHz) Electro-Optical Systems refroidie à l’azote.
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faisceau. Le profil obtenu permet d’extraire la taille transverse du faisceau. En répétant la
mesure le long de l’axe du faisceau laser on remonte au « waist » et à sa position (c.f. figure
A.5).

Figure A.5 – À gauche : intensité mesurée en fonction du déplacement de la lame
de rasoir perpendiculairement au faisceau (croix bleues). Ajustement par l’intégrale d’une
fonction gaussienne permettant d’extraire la taille transverse du faisceaux qui vaut ici 270
µm (courbe rouge continue). La dérivée de l’intensité mesurée est tracée (croix vertes) ainsi
que la gaussienne correspondante (courbe rouge en pointillé). À droite : mesure de la
taille transverse (horizontale) du faisceau le long de l’axe de propagation (points bleus) et
son ajustement à un faisceau gaussien de « waist » w0 = 22,7 ± 0,5 µm à z0 = 6,17 ± 0,05
mm.

Le faisceau présente un léger astigmatisme, le « waist » vertical n’étant pas situé tout à
fait au même endroit que le « waist » horizontal. Cette aberration va conduire à la création
de surface à priori elliptique, les tailles horizontales et verticales étant à priori différentes au
niveau de la face de la fibre. À l’aide d’une plaque de silice soumise à des impulsions pour
différentes positions sur l’axe du faisceau, on détermine par analyse des structures créées (cf.
§A.2.2) la position zopt pour laquelle la structure présente la plus faible ellipticité.

A.1.2.c Imagerie et alignement des fibres

Nous utilisons des fibres optiques en silice monomode 11 et multimode 12 de 125 µm de
diamètre entourées d’une gaine protectrice (« coating ») en cuivre afin de résister au vide
poussé imposé lors de la phase de dépôt du miroir diélectrique (cf. §A.1.3). Pour préparer
les fibres à l’irradiation, la gaine en cuivre est attaquée chimiquement avec du perchlorure
de fer (FeCl3), et après rinçage (eau puis éthanol/isopropanol) la fibre est clivée à l’aide
d’un appareil 13 dont la lame ultrasonique crée des angles typiquement inférieurs au degré.
Le clivage présente cependant souvent un petit défaut au niveau de l’impact avec la lame,
ou de légères ondulations diamétralement opposées à la périphérie de la fibre. Il arrive aussi
parfois que de petits fragments de verre se déposent sur la face de la fibre lors de la rupture.

11. Oxford electronics SM800-125CB
12. Oxford electronics G150-125CB à gradient d’indice
13. Photon Kinetics FK 12
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Le système d’imagerie permet de juger de la qualité du clivage de la fibre avant l’irradiation
CO2.

Figure A.6 – À gauche : image in-situ de la face d’une fibre optique monomode après
irradiation. La dépression au centre est causée par une impulsion laser de 15 ms à 3,0 W avec
un « waist » de 66 µm. À droite : image in-situ de la face d’une fibre optique monomode
après irradiation. La dépression au centre est causée par une impulsion laser de 4,25 ms à
2,66 W avec un « waist » de 23 µm.

L’alignement des fibres avec le faisceau CO2 se fait grâce à un objectif 14 avec une longue
distance de travail (> 30 mm). La profondeur de champ du système d’imagerie permet
de positionner les fibres autour de la position optimale zopt à 7 µm près. Malgré quelques
aberrations chromatiques dues au miroir dichroïque, ce système d’imagerie permet d’observer
directement l’effet des impulsions CO2 et l’influence des paramètres pour l’ablation laser sur
les géométries créées (cf. figure A.6).
Comme nous le verrons au chapitre I.2, l’alignement entre le coeur de la fibre et le centre

de la structure est primordial pour obtenir un bon couplage à la future micro-cavité fibrée.
Les fibres multi-modes possèdent un coeur de 50 microns et l’alignement de la structure n’est
pas critique. Les fibres monomodes, quant à elles, guident un unique mode dont le champ a
un diamètre à 1

e
(MFD) de 7 µm. Afin d’améliorer l’alignement, la fibre est injectée avec une

diode rouge 15 ce qui met en évidence la position exacte du mode et permet un alignement
transverse au micron près avec le faisceau CO2 (cf. figure A.7).

A.1.3 Dépôt du traitement réfléchissant

Une fois la structure imprimée au bout de la fibre par traitement CO2, les fibres doivent
être correctement protégées et préparées pour le dépôt d’un miroir de haute réflectivité.

A.1.3.a Multicouches

Le miroir diélectrique qui est déposé au bout des fibres est en fait un miroir de Bragg
(DBR) formé par une alternance de 2 diélectriques d’indice nh et nl (nh > nl), chaque

14. Mitutoyo M Plan APO 10×
15. pointeur laser JDSU 630− 670 nm



A.1 Fabrication des miroirs fibrés 135

Figure A.7 – À gauche : image in-situ de la face d’une fibre optique monomode injectée
avant irradiation. Le mode visible est un mode d’ordre supérieur (la longueur d’onde de la
diode rouge est inférieure à la longueur d’onde de coupure de la fibre : 780 nm). À droite :
image in-situ de la même fibre après irradiation (τ = 4,60 ms, P = 2,67 W et w = 23 µm).

couche ayant pour longueur optique λ0/4, où λ0 est la longueur d’onde centrale du miroir.
Cette dernière est choisie proche de la longueur d’onde de l’émetteur qui sera couplé à la
cavité. Comme nous le verrons dans la suite pour le couplage à un émetteur solide (puits et
boîte quantiques), nous avons choisi λ0 = 900 nm.
La réflectivité du DBR sera d’autant plus grande que le nombre de couches est élevé,

et que la différence relative d’indice entre les deux diélectriques utilisés sera importante,
comme le montre cette formule approchée pour un grand nombre de paires de diélectriques
N à incidence normale [132] :

RDBR = 1− 4(
nl
nh

)2N (A.3)

Le DBR est formé par un alternance de SiO2 (nl = 1,479) et de Ta2O5 (nh = 2,078) et
comporte 32 couches au total. La réflectivité attendue est RDBR = 99,992%. Il est commode
d’utiliser la finesse d’une cavité formée par deux miroirs identiques pour caractériser la qualité
d’un traitement réfléchissant. Ici la finesse est simplement introduite à partir du coefficient
de réflexion en intensité R par :

F ' π

1−R.

La finesse désirée pour le traitement réfléchissant est donc autour de 40 000. Cette valeur
correspond à des cavités de haute finesse et il faudra la comparer à la valeur mesurée
expérimentalement (cf. §I.3.1).
Un code numérique de matrice de transfert [134] permet de résoudre les équations de

Maxwell dans les multicouches de diélectriques. La figure A.8 montre la dépendance en
longueur d’onde du coeffient de réflexion RDBR et de la phase de réflexion φ. La dernière
couche du traitement réfléchissant est une couche de Ta2O5 (ie. d’indice élevé) et la phase
acquise à la réflexion par le champ vaut π pour la longueur d’onde centrale λ0.
La technique utilisée pour le dépôt consiste en une pulvérisation par faisceau d’ions (IBS).

Sous un vide poussé un faisceau d’ions (Ar+) très énergétiques arrache les atomes d’un
diélectrique solide, et ces derniers viennent se déposer sur le substrat (ici les fibres). Cette
technique autorise un contrôle précis du traitement réfléchissant déposé, et permet de former
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Figure A.8 – Prédictions théoriques d’ATFilms (points bleus). Simulation par matrice de
transfert pour 32 couches au total avec nl = 1,479 et nh = 2,078 (courbe rouge). En haut :
coefficient de réflexion en énergie en fonction de la longueur d’onde. En bas : phase acquise
par le champ lors de la réflexion en fonction de la longueur d’onde.
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des pellicules denses et sans défaut. Cette technique est maîtrisée par quelques entreprise à
travers le monde comme ATFilms 16 qui à ce jour, a réalisé des traitements réfléchissants de
très haute qualité (Finesse > 100 000) sur des fibres traitées par laser CO2.

A.1.3.b Préparation des fibres pour le traitement réfléchissant

Pour atteindre une telle qualité de réflexion il est indispensable de protéger les fibres de
toute poussière entre l’irradiation CO2 et le dépôt du miroir. Après l’irradiation, les fibres
sont directement placées dans un support dont la géométrie est adaptée à la machine de
l’entreprise qui réalise le dépôt. La figure A.9 montre un support de 24 fibres et la façon
dont il est fixé pour l’envoi à l’entreprise de dépôt.

Figure A.9 – À gauche : image d’une des boîtes dans lesquelles sont envoyées les fibres.
À droite : image du support, et des cylindres maintenant les fibres optiques. Ce support,
une fois retourné permet d’avoir accès à la face des fibres pour le traitement réfléchissant
comme pour la caractérisation.

Lors du dépôt, le support et retourné et fixé sur un des 4 emplacements dont dispose
ATFilms, laissant ainsi les faces des fibres optiques libres de recevoir le traitement
réfléchissant. Les fibres sont maintenues dans un cylindre en aluminium avec une gaine en
téflon qui permet de serrer une vis maintenant la fibre à une hauteur optimale pour le dépôt
du miroir.
Les fibres irradiées au laser CO2 sont, pour des raisons pratiques, coupées assez courtes

(50 cm) et devront donc être fusionnées (« splice ») lors de leur future utilisation pour
être rallongées. Cette étape est réalisée à l’aide d’un arc électrique dans un « splicer » à
fibre habituellement utilisé dans les télécommunications 17. Cette technologie est très bien
contrôlée pour des fibres classiques et permet des pertes optiques très faible (< 0,01 dB)
au passage du « splice ». Pour des fibres avec un revêtement en cuivre, il faut cependant
s’assurer que le revêtement conducteur ne soit pas trop près des électrodes. Certaines fibres
multimodes notamment, possèdent sous la couche de cuivre, une très fine couche de carbone
qu’il est préférable de retirer (à la flamme). Les pertes optiques mesurées sont généralement
autour de 0,1 dB.

16. Advanced Thin Films, 5733 Central Ave. Boulder, Colorado 80301.
17. Arc-fusion-splicer, Fujikura, FSM − 45PM − LDF .
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Figure A.10 – Facettes de fibres optiques observées au microscope après le dépôt du miroir.
À gauche les limites du revêtement réfléchissant semblent visibles contrairement à l’image
de droite. Cependant il n’a pas été constaté de différences sur les propriétés du traitement
réfléchissant.
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A.2 Caractérisation

Une caractérisation de la rugosité de surface a été effectuée à l’aide d’un microscope à
force atomique (AFM) [202], avant le dépôt du miroir. La résolution de l’appareil (∼ 0,1
nm) permet d’extraire les variations de hauteur (z(x, y)) autour de la surface moyenne. La
valeur efficace de la rugosité 18 σRMS de la fibre traitée par laser CO2 vaut 0,24 nm rms,
ramenée à 0,21 nm rms après prise en compte du bruit de mesure. La rugosité joue un rôle
critique dans la qualité du traitement réfléchissant qui peut être déposé sur la surface. Pour
une rugosité de l’ordre de l’ordre de 0,2 nm rms, il est possible de déposer un traitement
réfléchissant de haute qualité [205] en limitant les pertes par diffusion (cf. §I.3.3). Cependant
pour caractériser plus en avant le traitement réfléchissant, il est nécessaire de s’intéresser
aux pertes de la cavité formée en alignant deux miroirs (cf. §I.3.1).
La caractérisation géométrique des structures obtenues est effectuée à l’aide d’un

profilomètre optique, dont nous expliquerons le principe, avant de présenter les géométries
obtenues. La géométrie des miroirs permettra par la suite (cf. §I.1.2) de connaître les
propriétés géométriques des modes de cavité.

A.2.1 Profilomètrie optique

La profilométrie permet de caractériser une surface, ou un état de surface et est très utilisée
dans l’industrie comme dans la recherche. Comme nous allons le voir, un profilomètre optique
est un moyen rapide d’obtenir une reconstruction tri-dimensionnelle de la surface de la fibre.

A.2.1.a Interférences sur la surface de la fibre :

À l’aide d’un objectif interférométrique 19 et d’une diode électroluminescente (LED) verte
(λv = 505 nm), on réalise des interférences entre la lumière provenant de la surface de la
fibre et celle provenant d’une surface de référence (un miroir placé dans l’objectif). Après
alignement de la face de la fibre avec la surface de référence, une caméra permet de prendre
une image de la figure d’interférence (cf. figure A.11).
L’intensité mesurée I(x, y) est donc reliée à la hauteur de la surface z(x, y) par

l’intermédiaire de la différence de phase entre la surface de la fibre et la surface de référence
φ(x, y) :

I(x, y) = I0(x, y)(1 + γ(x, y) cos(φ(x, y))) et z(x, y) =
λφ(x, y)

4π
. (A.4)

Sur une coupe de la figure d’interférence, on repère les franges brillantes et sombres (∆φ =
±π) et l’on en déduit la différence de hauteur de la surface (∆z = λ/4) sachant que la
structure est concave. Les directions transverses sont calibrées à l’aide du diamètre de la
fibre. Malgré sa simplicité, ce dispositif 20 permet déjà d’obtenir une bonne estimation des
paramètres caractérisant la surface (cf. A.2.2).

18. σ2
RMS = 1

LxLy

∫∫ Lx,Ly

0,0
z2(x, y) dxdy

19. Objectif de type Mirau : NIKON OFN25 WD 4.7.
20. Le dispositif à été mis en place par Natalie Thau.
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Figure A.11 – Figure d’interférence obtenue avec un objectif interférométrique afin de
caractériser la géométrie d’un miroir fibré (cf. figure A.6).

A.2.1.b Profilomètrie optique par décalage de phase :

Un profilomètre optique à décalage de phase s’appuie sur le même principe consistant à
faire interférer la lumière provenant de la surface de l’échantillon à analyser avec la lumière
provenant d’une surface de référence. Il est cependant doté d’une platine de translation
piézo-électrique capable de changer très finement la distance entre l’échantillon et le miroir de
référence. La précision de la mesure est alors améliorée en prenant plusieurs interférogrammes
pour des distances différentes de l’ordre d’une fraction de longueur d’onde. À l’aide d’un
algorithme de déroulement de la phase, on remonte au profil de la structure, en évitant au
maximum les sauts de phase.
Des mesures ont été effectuées sur deux appareils. Le premier 21 sert pour caractériser les

structures pendant les phases d’optimisation des paramètres du laser CO2 (cf. figure A.12).
Le second 22 est placé en salle blanche et permet une caractérisation des fibres avant le
traitement réfléchissant dans les meilleurs conditons (cf. figure A.13).
Bien que ces profilomètres annoncent une résolution verticale de l’ordre de 0,1 nm, en

pratique la résolution est limitée à quelques nanomètres 23.

A.2.2 Analyse des structures

La surface de la facette de la fibre est donc extraite par profilométrie, et l’on peut réaliser
un ajustement des profils.

21. Profilomètre Fogale Micromap3D prêté par le groupe de D. Chateney du laboratoire de physique
statistique de l’ENS.
22. Profilomètre Veeco : Wyko NT 9100, à l’ESPCI.
23. À cause de vibrations pour le Fogale et d’un mauvais réglage constructeur pour le Wyko.
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Figure A.12 – Interférogramme (en haut à gauche) et surface 2D et 3D extraite à l’aide du
profilomètre Fogale Micromap3D et du logiciel F3DViewer.

Figure A.13 – Surface 2D et 3D extraite à l’aide du profilomètre Wyko NT 9100 et du
logiciel Vision.
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A.2.2.a Ajustements gaussiens

L’ablation laser prédit des géométries gaussiennes (cf. §A.1.1) et l’accord avec les profils
expérimentaux est vérifié pour une grande gamme de pramètres CO2 [202]. Les paramètres de
l’ajustement gaussien peuvent être extraits à 10% près à l’aide de l’objectif interférométrique
(cf. figure A.14), et à moins de 1% à l’aide d’un profilomètre (cf. figure A.15).
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Figure A.14 – Profils (croix noires) de coupe horizontale (à gauche) et verticale (à droite)
extraits à partir de l’interférogramme de la figure A.11 et ajustements gaussiens (courbe
rouge) de la surface. Les rayons de courbures extraits valent Rh = 62±2 µm, et Rv = 49±5
µm. Les barres d’erreurs représentent une précision de mesure de ±λ/8. Les paramètres du
laser CO2 sont τ = 4,25 ms, P0 = 2,66 W et w = 23 µm.

La surface gaussienne z(x, y) s’écrit dans les axes propres (x, y) :

z(x, y) = −A exp−(x− x0)2

2σ2
x

exp−(y − y0)2

2σ2
y

= −A exp−(x− x0)2

2ARx

exp−(y − y0)2

2ARy

, (A.5)

où σ2
x,y est la variance de la gaussienne, Rx,y =

σ2
x,y

A est le rayon de courbure au centre du
miroir (en x0, y0), et A est l’amplitude de la gaussienne.
La détermination de la surface est essentielle pour comprendre les propriétés spatiales des

modes des cavités Fabry-Pérot formées à l’aide de ces miroirs fibrés.
Le rayon de courbure de la surface permet de déterminer le domaine de stabilité de la

future cavité, c’est à dire les longueurs pour lesquelles la cavité présentera un mode stable.
Il défini aussi la taille transverse du mode qui est critique pour le couplage à un émetteur
ponctuel. L’ellipticité définie comme le rapport des rayon extrêmes peut être déterminée.
Bien qu’il soit possible de la supprimer presque totalement, il reste en général une ellipticité
Rmin/Rmax comprise entre 0,8 et 1.
La profondeur totale A indique la limite envisageable pour des cavités courtes. Il faut

parfois aussi tenir compte de la hauteur de la fibre au niveau du clivage, qui peut être un
facteur limitant.
Le diamètre du cratère est aussi un critère important car il limite la taille des modes de

cavités qui peuvent être soutenus par le miroir fibré, notamment pour les cavités longues. Le
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diamètre est défini par la distance entre les points d’inflexion de la gaussienne et vaut 2σ.
Au-delà de cette distance au centre la structure est convexe.
Il est clair que seuls deux de ces trois paramètres sont indépendants et pourront être choisis

librement (cf. §A.2.2.c).

A.2.2.b Comparaison avec un miroir sphérique

Figure A.15 – Surface 2D extraite à l’aide du profilomètre Fogale (surface bleue) (cf. figure
A.12). L’ajustement gaussien (maillage rouge), et son approximation sphérique (maillage
vert). L’amplitude de la gaussienne est de 1,86 ± 0,01 µm et les rayons de courbures selon
les axes propres sont Rx = 52, 9± 0,3 µm, et Ry = 45,4± 0,3 µm.

Un développement limité de la surface gaussienne autour du centre au premier ordre en
(x−x0)2

2ARx ,
(y−y0)2

2ARx , nous ramène, dans les axes propres, à un miroir sphérique :

z(x, y) = −A+
(x− x0)2

2Rx

+
(y − y0)2

2Ry

. (A.6)

À une distance σ du centre (∼ 10µm cf. figure A.15), l’approximation sphérique diffère
de la surface gaussienne de 0,1A (0,2 µm), c’est à dire de moins de λ0/4. L’approximation
sphérique rend très bien compte de la géométrie du centre de la structure, et ce d’autant plus
que le diamètre du cratère est grand et que les structures sont peu profondes, autrement dit
que les surfaces ont un grand rayon de courbure. L’approximation du miroir sphérique est
très utile et permettra par la suite d’utiliser tous les outils de l’optique gaussienne.
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A.2.2.c Dépendance de la géométrie avec les paramètres du laser CO2
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Figure A.16 – En haut : quelques rayons de courbure obtenus par ajustement quadratique
de la surface des fibres. En bas : les profondeurs maximum correspondantes. Les géométries
ont été créées avec un « waist » du laser CO2 de 54 µm et une puissance 1,8 W.

La géométrie créée au bout des fibres dépend très fortement des paramètres utilisés lors
de l’ablation au laser CO2 et qui plus est, de façon non linéaire, ce qui conduit à une grande
dispersion des structures (∼ 15%), même avec un grand contrôle des paramètres CO2. Si la
taille du faisceau au niveau de la face de la fibre w augmente, les structures résultantes seront
moins profondes et auront des rayons de courbure plus grands. Plus la puissance du laser
P0 augmente, plus les structures créées seront profondes et les rayons de courbure faibles.
Enfin, un temps d’exposition τ allongé donnera des cratères plus profonds et des rayons de
courbure qui diminueront (cf. figure A.16). Pour une étude plus poussée de l’influence des
paramètres CO2, se référer à [202].
La puissance P0 peut être variée entre 300 mW et 3 W; les temps d’exposition entre 4 et

120 ms, et enfin le « waist » du laser CO2 peut être ajusté entre 21 et 93 µm.
Cette plage de paramètres CO2 nous permet de créer des structures ayant des profondeurs

comprises entre 10 nm et 5 µm, des rayons de courbure compris entre 20 µm et 2 mm et des
diamètres compris entre 5 et 60 µm.
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Conclusion de l’annexe A
L’ablation laser permet grâce à un contrôle précis des paramètres du laser CO2 de créer des

géométries concaves au bout d’une fibre optique. La dispersion des géométries créées nous
incite à réaliser plusieurs fibres avec de légères variations des paramètres CO2 (3×24 fibres).
L’état de surface de ces fibres après traitement est suffisamment bon pour permettre le
dépôt de miroirs de haute qualité (Finesse > 100 000). Une caractérisation très précise de la
géométrie des miroirs fibrés est réalisée par profilométrie optique.
Comme nous allons le voir, les micro-cavités formées à l’aide de ces miroirs fibrés vont

s’avérer être un outil très puissant pour l’étude du couplage lumière-matière au niveau
quantique. Le choix des paramètres comme le rayon de courbure, la profondeur ou le diamètre
des miroirs est dicté par les propriétés désirées de la micro-cavité.
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ANNEXE B

Détermination de la longueur de la cavité pour les cavités courtes

Pour déterminer précisément la longueur de cavités courtes (L < 10 µm), il faut prendre
en compte la variation de la phase des miroirs ϕ1,2(λ) avec la longueur d’onde. Les longueurs
d’onde de résonance de la cavité sont déterminées par les solutions de l’équation (cf. I.1.1.b) :

2L
2π

λ
− 2(m+

1

2
)ζ(L/Rx)− 2(n+

1

2
)ζ(L/Ry)− ϕ1(λ)− ϕ2(λ) = 2πq,

avec ζ(L/R) = arccos
√

1− L/R et q ∈ Z, (B.1)

Contrairement à l’équation I.9 qui néglige la dépendance de la phase des miroirs avec
la longueur d’onde, l’équation B.1 est une équation implicite pour la longueur d’onde de
résonance λ.

Longueur d’onde (nm)

m
es

ur
e 

#

Figure B.1 – Empilement de spectres pour différentes longueurs de cavité. Ici des QDs
éclairées de façon non-résonante émettent des photons dans les modes de la cavité.
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Pour déterminer la variation de la phase avec la longueur d’onde et ensuite la longueur
de cavité, on utilise des spectres de photoluminescence comme celui de la figure B.1. La
position des différents modes longitudinaux et transverses est repérée grâce à un ajustement
lorentzien des spectres.
La longueur de la cavité est variée à l’aide d’un piézo-électrique dont le déplacement est

étalonné grâce à l’intervalle spectrale libre séparant 2 modes longitudinaux consécutifs à la
même longueur d’onde. Ensuite, les propriétés des modes transverses sont utilisées afin de
déterminer précisément la longueur de la cavité. À longueur d’onde constante, l’écart entre
les modes transverses permet de déterminer le rapport L

R . L’écart entre modes transverses à
L constant nous donne la longueur de la cavité ainsi que le nombre quantique longitudinal
q en supposant que la phase varie peu (les fréquences de résonance des modes étant très
proches).
La dépendance en longueur d’onde de la somme des phases de réflexions est ensuite obtenue

à partir de l’équation B.1 (cf. figure B.2). La phase de réflexion mesurée est en bon accord
avec celle obtenue par simulation par la méthode de matrice de transfert. Il est d’ailleurs
possible de déterminer l’empilement exact des couches correspondant à la phase mesurée
expérimentalement. La longueur d’onde centrale des DBRs (centre du plateau de réflexion
« stop band ») est notamment déterminée par l’épaisseur des couches semi-conductrices 1.
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Figure B.2 – La demi-somme des phases de réflexion ϕ1+ϕ2

2
mesurée en fonction de la

longueur d’onde de résonance.

Une fois la dépendance de la phase des miroirs extraite, la longueur d’onde des modes
de cavité peut être déterminée quelle que soit la longueur de la cavité (cf. figure B.3). La
caractérisation du champ est alors totale puisqu’il est possible de connaître le nombre de
noeuds longitudinaux q du champ dans la cavité.
Il est particulièrement important de pouvoir déterminer précisément la longueur d’onde

de résonance de la cavité notamment pour connaître l’effet du couplage à un émetteur. En
effet, pour le système couplé, la longueur d’onde de la lumière quittant la cavité dépend

1. La longueur d’onde centrale varie selon la position sur l’échantillon. On observe en général une variation
linéaire depuis le centre du disque (« wafer ») vers les bords de l’échantillon.
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q=11

q=12

q=10

Figure B.3 – Longueur d’onde de résonance de la cavité en tenant compte de la dépendance
en longueur d’onde de la phase de réflexion des miroirs en fonction de la longueur de cavité.
Les points expérimentaux et la longueur d’onde de résonance calculée à partir de l’équation
B.1 se superposent.

de la fréquence propre de l’émetteur, de celle de la cavité et du couplage. Il faut alors être
capable de déterminer avec précision la fréquence propre du mode de cavité pour caractériser
le couplage entre la lumière et la matière.
La figure B.4 présente les lignes de cavité pour 3 modes transverses ainsi que les lignes

polaritoniques calculées à partir de l’équation III.1. L’accord entre les énergies des polaritons
calculées et les spectres expérimentaux permet d’extraire précisément le couplage et la
longueur de cavité (cf. §III.2).
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Figure B.4 – Longueur d’onde de résonance des polaritons en tenant compte de la
dépendance en longueur d’onde de la phase de réflexion des miroirs en fonction du
déplacement des piézo-électriques. Les points expérimentaux sont extraits à partir des spectres
de PL à l’aide d’ajustements lorentziens. La longueur à résonance est L = 4,4 µm et le
couplage vaut g = 1,7 meV.



ANNEXE C

Calculs du couplage d’un puits quantique à une cavité FFP

Nous détaillons ici le calcul de la constante de couplage d’un puits quantique à un mode
de Hermite-Gauss indexé par l = (q,m′, n′,~ε) (cf. §I.1.1.a).
Le système considéré est ici l’ensemble des électrons du puits quantique d’une part, et le

champ quantifié d’autre part. Le Hamiltonien du système couplé s’écrit :

Ĥ =
∑
l

~ωlc(â
†
l âl +

1

2
) +

1

2m0

∑
i

[~̂pi + e ~̂A(~ri)]
2 (C.1)

où m0 est la masse de l’électron libre, la somme portant sur tous les électrons du système, ~̂pi
et ~ri étant l’impulsion et la position de l’électron i. Le potentiel vecteur en jauge de Coulomb
est déduit du champ électromagnétique défini par l’équation II.24 :

~̂A(~r) =
∑
l

Cl
ωlc

( ~El(~r)âl + ~E∗l (~r)â
†
l ). (C.2)

En négligeant le terme
∑

i
e2

2m0

~A2(~ri), le Hamiltonien d’interaction s’écrit :

ĤI =
e

m0

∑
i

~̂pi. ~̂A(~ri). (C.3)

Nous allons calculer la constante de couplage entre un état contenant un photon dans
un mode TEMl et un exciton dans le mode

∣∣ψXm,n〉 = b†m,n |0〉. b†m,n représente l’opérateur
création d’un exciton dans le mode (m,n) (cf. II.43). Nous utiliserons l’approximation de la
fonction enveloppe et nous reprenons ici les notation du §II.3.4.

~g = | 〈0| âl
e

m0

∑
i

~̂pi. ~̂A(~ri)b̂
†
m,n |0〉 |

=
eCl
m0ωlc

|
∑
~kc,~kh

Ēm,n(~kc + ~kh)β̄(
mv

M
~kc −

mc

M
~kh)
∑
j

cj(~kc, ~kh)|
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Le terme cj = 〈0| ~̂pj. ~E∗l (~rj)
∣∣∣ψ~kh,~kc〉 correspondant à l’électron j s’écrit :

cj =
1√
N

∑
P,P ′

(−1)P+P ′
∫

d~r1...d~rNP{
∏
~k⊥,n

F h
~k⊥,n

(~rn)∗}~̂pj. ~E∗l (~rj)P ′{F e
~k⊥,c

(~rc)
∏

~k⊥,n′ 6=~k⊥,v

F h
~k⊥,n′

(~rn)}

Les intégrales sur les ~ri 6= ~rj s’annulent car elles comportent toutes le produit scalaire∫
d~rF h∗(~r)F e(~r) = 0 et donc les seuls termes non nuls sont les (N − 1)! permutations (P ′)

qui associent rj à F e.
Comme

∫
d~rF h

~k⊥,n
(~r)∗F h

~k⊥,n′
(~r) = δn,n′ , la seule permutation pour P ne conduisant pas à

un terme nul, est P = P ′ et donc :

cj =
1

N

∫
d~rjF

h
~k⊥,v

(~rj)
∗~̂pj. ~E

∗
l (~rj)F

e
~k⊥,c

(~rj).

cj est donc indépendant de j et on oubliera donc l’indice dans la suite. Dans tous les
termes où ~̂p n’agit pas sur la partie atomique de la fonction d’onde, étant donné que l’échelle
de variation de la partie atomique est courte devant toutes les autres échelles en jeu, le
produit scalaire des fonctions d’onde atomique se factorise et comme 〈uhh|uc〉 = 0 ces termes
s’annulent et seul reste :

Nc = 〈uhh| ~̂p |uc〉 .
∫
d~r

S
χh1(z)e−i

~k⊥,v .~r⊥ ~E∗l (~r)χ
e
1(z)ei

~k⊥,c.~r⊥

| 〈uhh| ~̂p |uc〉 | est l’élément de matrice de Kane et caractérise le semi-conducteur. On a par
exemple Ep = 4

m0
| 〈uhh| ~p.~ε |uc〉 |2 = 22 eV pour la transition trou-lourd bande de valance

dans GaAs [113]. Les règles de sélections pour la polarisation de la lumière sont contenues
dans ce terme.
Pour évaluer l’intégrale, nous nous plaçons dans le cadre de l’approximation dipolaire.

L’extension des fonctions de confinement χ(z) est de l’ordre de la largeur du puits (∼ 10
nm) qui est très faible devant la longueur d’onde de la lumière. En considérant donc que
~El(~r) = ~El(x, y, zQW ) = Em′,n′(x, y, zQW )Z(zQW )~ε on obtient :

Nc = 〈uhh| ~p.~εl |uc〉
〈
χh1 |χe1

〉
Z∗(zQW )

1√
S

∫
d~r⊥√
S
E∗m′,n′(~r⊥, zQW ) exp i(~k⊥,c − ~k⊥,v).~r⊥

L’intégrale restante est par définition les coefficients de Fourier de la dépendance transverse
du mode : Ē∗m′,n′(~k⊥) avec les notations précédentes .
Nous obtenons ainsi l’expression suivante pour le paramètre de couplage g :

~g =
eCl
m0ωlc

| 〈uhh| ~p.~εl |uc〉
〈
χh1 |χe1

〉
Z∗(zQW )|α(w0, aX), (C.4)

où le terme dépendant du profil transverse du mode dans la constante de couplage s’écrit :

α(w0, aX) =
1√
S

∑
~kc,~kh

Ē∗m′,n′(
~kc + ~kh)Ēm,n(~kc + ~kh)β̄(

mv

M
~kc −

mc

M
~kh). (C.5)

Les équations précédentes sont reprises et commentées au §II.3.4.c.



ANNEXE D

Effets d’interactions entre polaritons

La littérature sur les interactions entre polaritons est riche, ici nous montrons simplement
le lien entre le modèle développé ci dessus et le modèle de bosons interagissant faiblement,
usuellement utilisé pour décrire les expériences de condensation dans les QWs. Nous
présenterons ensuite, le décalage en fréquence du UP dans le cas d’un désaccord positif.
Enfin nous présentons brièvement des mesures préliminaires liées au phénomène de blocage
de polariton.

D.1 Modèle de bosons interagissant faiblement

Dans la limite où la distance moyenne entre excitons est grande devant le rayon de Bohr, les
excitons se comportent comme des bosons interagissant faiblement. Cela peut se retrouver
à partir du modèle que nous avons présenté (cf. équation V.2) dans l’approximation de
Holstein-Primakoff [93] à l’ordre 1 :

S+
i = b†i

√
1− b†ibi ' b†i (1−

1

2
b†ibi), et Szi = b†ibi −

1

2
, (D.1)

où b†i et bi sont les opérateurs bosoniques des modes propres du désordre. Cette
transformation nous ramène donc au Hamiltonien décrivant deux oscillateurs harmoniques
couplés (cf. équation II.10) avec un terme non-linéaire représentant les interactions entre
polaritons :

Hint = −1

2

∑
i

giab
†
ib
†
ibi. (D.2)

Ce terme représente la saturation observée expérimentalement et décrite au chapitre V,
exprimée en terme d’interactions entre les polaritons médiées par la cavité. Cependant les
interactions couloubiennes entre les excitons ne sont pas explicitement prises en compte ici.
Ces dernières peuvent être plus facilement intégrées à un modèle de bosons en interactions
[206,207] :

153
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H = ~ωca†a+ ~ωXb†b+ ~g(a†b+ ab†)− g

nsat

(
b†b†ba+ h.c.

)
+ ωnlb

†b†bb, (D.3)

où, nous n’avons considéré qu’un mode excitonique, et où h.c. signifie hermitique conjugué.
La densité de saturation est notée nsat. Une comparaison détaillée entre ces deux modèles
est effectuée par J. Keeling [189]. Il est intéressant de noter que le décalage en fréquence du
LP dans le modèle bosonique est plus faible que celui obtenu en présence de désordre dans
le modèle de fermions :

δEboson
sat ∼ gna2

X et δEfermion
sat ∼ gnξ2

X , (D.4)

où ξX est une longueur caractéristique du désordre [208]. A priori, ξX > aX , et cela peut être
interprété comme une augmentation des interactions entre polariton par le désordre [177].

D.2 Décalage vers le bleu du polariton haut

Le modèle de bosons en interaction prédit aussi un décalage dû à l’interaction coulombienne
entre excitons [177] :

δEboson
coulomb ∼ Ry na2

X (D.5)

Pour le LP les deux décalages prédit par le modèle bosonique décale la ligne d’émission vers
le bleu, mais pour le UP, seul les interactions coulombienne prédisent un décalage vers le
rouge.
La figure D.1 présente le décalage en fréquence observé dans le signal de PL du polariton

haut en fonction de la puissance d’excitation.

10-2 10-1 100 101
0.5
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0.2

0.1

0.0

0.1

Figure D.1 – Décalage de la fréquence du polariton haut (points noirs) en fonction de la
puissance de pompe PNR. La fréquence de la cavité (ligne rouge en pointillés) est supérieur
à celle de l’unique puits quantique de l’échantillon. Le couplage vaut g = 1,7 meV et le
désaccord vaut δ = 5,8 meV.
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Pour le UP, à désaccord positif nous observons un décalage vers le rouge attribué à l’effet
de saturation, puis un décalage vers le bleu pour des puissances d’excitation supérieure au
seuil.

D.3 Vers le blocage quantique de polariton dans une
cavité fibrée

A. Verger et al. [61] ont prédit que polaritons fortement confinés peuvent entrer dans un
régime de blocage quantique où les interactions entre les polaritons interdisent la présence
simultanée de deux excitations dans le système. La condition pour entrer dans ce régime
est que le confinement soit tel que la non-linéarité du Hamiltonien D.3 soit supérieure à la
largeur spectrale du polariton.
Nous avons réalisé des mesures de corrélations sur un échantillon contenant un

puits quantique, pompé de façon non résonante avec un laser Titane-Saphir pulsé. La
photoluminescence est collectée par la fibre et filtrée à travers un spectromètre avant d’être
envoyé sur un corrélateur. Ce dernier est composé par une séparatrice et deux photodiodes
à avalanche connectés à un compteur de photons.
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Figure D.2 – Mesures des corrélations de second ordre g2(τ).

La figure D.2 présente les corrélations mesurée en fonction de l’écart des temps d’arrivée
des photons τ . Les deux pics au centre représentent des évènements provoqué par la détection
par une des photodiodes à avalanche de photons émis au niveau de l’autre détecteur (« cross
talk »). La figure D.3 présente les g2(τ = 0) pour différentes puissance d’excitation autour
du seuil.
Le rôle du désordre pour l’observation du blocage de polaritons est double. D’un côté

il conduit à un élargissement inhomogène rendant son observation délicate. Cependant il
semble aussi augmenter les interactions entre les polaritons [189,177].
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Figure D.3 – Mesures des corrélations en fonction de la puissance de pompe.

Le décalage de la fréquence du polariton haut avec la densité d’excitations nous laisse
penser que les interactions entre polaritons jouent un rôle prépondérant dans le système.
De même les premières mesures de corrélations entre les photons fuyant la cavité, nous
incite à essayer de caractériser cet effet à l’aide d’une micro-cavité fibrée et ainsi préciser
l’origine des corrélations mesurées.
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Benjamin Besga

Micro-cavité Fabry Perot fibrée :
une nouvelle approche pour l’étude des polaritons dans des

hétérostructures semi-conductrices

Résumé :

L’interaction entre la lumière et la matière est au coeur de la physique quantique depuis ses origines. Nous
nous intéressons ici à l’interaction entre les excitations élémentaires d’une hétérostructure semi-conductrice
(excitons de boîtes et de puits quantiques) et le mode du champ d’une cavité Fabry Perot fibrée. Nous
présentons une caractérisation des propriétés géométriques et spectrales des modes de la micro-cavité fibrée
plan-concave. Cette dernière est entièrement ajustable et cette nouvelle approche nous permet d’étudier
plusieurs régimes de l’électrodynamique quantique d’émetteurs solides en cavité. Pour une boîte quantique
unique dans une micro-cavité fibrée nous obtenons un couplage à la limite du régime de couplage fort et
une coopérativité supérieure à l’unité, traduisant le potentiel d’un tel système pour des applications dans
le domaine de l’information quantique. Pour un puits quantique dans une micro-cavité fibrée, le couplage
obtenu est comparable a celui observé dans des structures intégrées et permet d’étudier plusieurs aspects de
la physique des polaritons confinés optiquement. Ces derniers, issus du couplage fort d’un exciton et d’un
photon, possèdent un temps de vie relativement long qui permet d’étudier les propriétés thermodynamiques
du système. Le rôle du désordre dans le puits quantique est explicité. Cela nous permet d’interpréter la
non-linéarité de la photoluminescence des polaritons avec la puissance de pompe en termes de transition de
Dicke. Enfin, le confinement optique des polaritons, permet d’étudier le rôle des interactions entre polaritons
et ouvre la voie vers un régime de blocage quantique de polariton.

Mots-clefs : cavité fibrée ; électrodynamique quantique en cavité ; boîte quantique ;
puits quantique ; désordre ; polariton.

Fibered Fabry Perot micro-cavity : a new approach for
semi-conductor heterostructures polariton study

Summary :

Light matter interaction take a prominent part in quantum physics since its beginning. Here, we are
concerned with the interaction between elementary excitations of semi-conductor heterostructures (quantum
dots and wells excitons) and one fibered Fabry Perot cavity mode. Characterization of geometrical and
spectral properties of a plano-concave fibered micro-cavity is presented. The latter is fully tunable, and this
new approach allows us to study various cavity quantum electrodynamics aspects. For a single quantum dot in
a fibered micro-cavity we demonstrate the onset of strong coupling, and a cooperativity parameter exceeding
unity, which make this system suitable for quantum information applications. For a quantum well in a fibered
micro-cavity, we obtain similar coupling than the one of integrated devices. This enables us to explore various
sights of optically trapped polaritons. These last are the outcome of the strong coupling between excitons
and photons, and their lifetimes are long enough to study their thermodynamics properties. The role of the
disorder in the quantum well is highlighted, and the non-linearity of the polariton photoluminescence with the
pump power is explained as a Dicke transition. Finally the optical confinement enhances polariton-polariton
interactions and paves the road to a quantum blockade regime.

Keywords : fibered cavity ; cavity quantum electrodynamics ; quantum dot ;
quantum well ; disorder ; polartion.
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