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Introduction générale

La dimensionnalité joue un rôle fondamental dans la physique d’un système ; elle déter-
mine l’arrangement spatial et modifie les interactions entre particules qui ont une influence les
symétries d’un système. Dans les solides cristallins, les symétries qui apparaissent à l’échelle
atomique sont d’une importance cruciale pour leur classification. Cependant, à une et deux
dimensions, l’arrangement périodique des atomes dans un cristal est perturbé par les fluc-
tuations thermiques. Une conséquence de ce phénomène est que l’ordre cristallin est perdu
à longue portée, empêchant toute transition de phase vers un état ordonné [1]. La théorie
d’une transition de phase topologique développée d’un côté par V. Berezinskii, de l’autre
par J.M. Kosterlitz & D.J. Thouless a permis d’élaborer un nouveau type de transition
dans les systèmes à 2D dans lesquels les défauts topologiques jouent un rôle important. Cette
découverte a été récompensée en 2016 par le prix Nobel de Physique pour les découvertes
des transitions de phase topologiques et des phases topologiques de la matière.

Dans les gaz de bosons à 2D, la théorie développée par Berezinskii-Kosterlitz-
Thouless (BKT) a permis d’expliquer le processus microscopique conduisant à l’établisse-
ment d’un état superfluide. Cet état particulier de la matière se caractérise par une viscosité
nulle et une conductivité thermique infinie. La première observation de la superfluidité a
été faite dans un système 3D avec de l’4He refroidi à très basse température, ce qui s’est
révélé être un système de choix pour observer les premières signatures de la transition BKT
dans des expériences réalisées par Bishop & Reppy en 1978 avec des films de 4He [2]. D’un
point de vue fondamental, la superfluidité s’explique par l’aspect quantique du gaz et la
forte dégénérescence des atomes condensés dans le même état. De ce fait, la superfluidité est
fortement connectée avec la condensation de Bose-Einstein, un état quantique de la matière
motivant de nombreuses recherches. Dans ce domaine, les systèmes atomiques ont opéré une
percée fulgurante dans les années 1990 grâce au développement de techniques de refroidis-
sement permettant d’atteindre une température d’une dizaine de nK avec des densités de
particules suffisantes pour observer la condensation de vapeurs d’atomes froids. Les premières
observations de condensats ont été réalisées avec des atomes de rubidium 87Rb par Ander-
son et al. [3] et de sodium 23Na par Davis et al. [4]. Ces observations confirment ainsi les
prédictions théoriques amorcées par Bose en 1924, qui émet l’idée que la distribution de
Maxwell-Boltzman n’est pas adaptée pour des particules microscopiques puisque le principe
d’incertitude de Heisenberg doit jouer un rôle prépondérant. Il applique cette idée aux pho-
tons, utilisant leur caractère indiscernable et redérive ainsi la loi de Planck [5]. Ces travaux
sont ensuite repris par Einstein qui l’applique à un gaz parfait de particules massives [6].

Dans les systèmes issus de la matière condensée, les techniques mises en œuvres pour dé-
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montrer l’existence de la condensation de Bose-Einstein ont conduit notamment à l’utilisation
d’hétéro-structures de semiconducteurs de type III-V. Dans ces matériaux, les excitations
électroniques du milieu appelées excitons sont crées optiquement avec une énergie facilement
accessible de quelques électrons-volts. La masse effective, très légère (de l’ordre d’une frac-
tion de la masse d’un électron libre) de ces quasi-particules bosoniques, a très vite attiré
l’attention pour l’obtention de condensats de Bose-Einstein à haute température critique.
Pour s’affranchir du faible temps de vie radiatif de l’exciton qui limite les densité que l’on
peut atteindre, Lozovik & Yudson ont proposé une configuration originale qui consiste à
séparer spatialement l’électron et le trou de l’exciton dans deux puits quantiques distincts,
pour former ce qu’on apelle des excitons spatialement indirects [7] aussi qualifiés d’excitons
dipolaires à cause du fort dipôle résultant de la séparation des charges. Grâce au faible re-
couvrement des fonctions d’onde, le temps de vie radiatif atteint environ 100 ns et permet
d’atteindre aisément l’équilibre thermodynamique puisque ce temps est long devant les pro-
cessus de thermalisation. Malgré tous les avantages apportés par ces particules, la recherche
d’une preuve de la condensation des excitons s’est trouvée vaine pendant longtemps [8, 9, 10]
puisque les précédentes études se sont focalisées à tort sur la recherche de l’exaltation de la
photoluminescence en dessous de la température critique de condensation.

Les désillusions liées à la recherche de la condensation d’excitons ont trouvé une justifica-
tion théorique grâce aux travaux de M. Combescot qui a étudié en détail les effets dus à la
nature multi-composante de l’état fondamental des excitons. Dans un matériau comme l’ar-
séniure de gallium, il est composé de 4 états de « spin » : les excitons de spin S = ±1 appelés
excitons brillants de part leur capacité à interagir avec le champ de photons, puis les excitons
S = ±2 dit noirs, ne pouvant pas se désexciter de manière radiative. Suite à l’interaction avec
le champ photonique, l’état brillant se trouve légèrement plus haut en énergie de quelques
µeV, M. Combescot a conclu que la condensation des excitons devait donc avoir lieu dans
l’état « noir » (S = ±2) qui correspond à l’état de spin le plus bas en énergie [11, 12]. Ce
phénomène, attendu dans un régime très dilué, doit se manifester par une population macro-
scopique dans l’état noir et donc par une diminution de l’intensité émise par le gaz d’excitons
[13]. Par ailleurs, dans un régime de densité plus élevé, l’interaction entre les quatre états
de spin de l’état fondamental devient dominante et permet de coupler de manière cohérente
l’état noir avec l’état brillant à travers le processus d’échange de fermions. Ceci a pour consé-
quence d’introduire une partie brillante dans le condensat noir, qui est désormais qualifié de
condensat « gris » [14]. Les preuves expérimentales d’un tel processus, ont été apportées par
les travaux de thèse de M. Beian et R. Anankine, notamment en montrant l’existance
d’une fraction brillante de l’ordre de 40 % dans le condensat gris, transportant avec elle les
informations sur la cohérence spatiale macroscopique [15]. Deux groupes israéliens ont par
ailleurs rapporté des preuves du noircissement d’un liquide d’excitons à plus haute densité
au passage d’une température critique mais sans preuves de cohérence spatiale [16, 17, 18].
On note aussi l’émergence de nouveaux matériaux bidimensionnels : les dichalcogénures de
métaux de transition, qui ont récemment signalé l’observation d’une condensation d’excitons
révélée par une nouvelle technique de spectroscopie sondant les excitations électroniques [19]
ou encore dans le graphène par des mesures de transport de charges dans des bi-couches de
graphène-WSe2 [20].

Durant les travaux de thèse de R. Anankine, le caractère superfluide du gaz d’exciton
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a également été exploré et a fait l’objet d’observations tout à fait exceptionnelles [21]. Il a
montré la formation spontanée de vortex quantiques avec un enroulement de la phase de 0
à 2π, caractéristiques d’un état superfluide. Les vortex, présentant une singularité de phase
en leur centre, ont été mis en évidence par des mesures interférométriques où leur présence
est signalée par l’apparition de singularités dans les figures d’interférence. D’autres systèmes
comme les excitons-polaritons ont eux aussi rapporté des signatures de superfluidité à 2D
[22] et la présence de vortex quantiques [23]. Plusieurs groupes ont observé la condensation
de Bose-Einstein d’exciton-polaritons [24, 25, 26] qui se différencie néanmoins des systèmes
atomiques par le fait que le condensat est hors d’équilibre.

Dans les systèmes à deux dimensions tels que ceux décrits précédemment, l’établissement
de l’état superfluide se fait grâce au mécanisme BKT. Historiquement, c’est l’étude de sys-
tèmes magnétiques qui a conduit Thouless à cette découverte. Il a pour cela examiné la
compétition entre l’énergie et l’entropie lors de la formation de parois de domaine entre blocs
de spins « up » et spins « down » [27]. Pour une paroi d’épaisseur a dans un système de taille
L, l’entropie dépend du nombre de configurations possibles

S ≈ kBp ln (L/pa)

avec p le nombre de paroi. De plus, pour des spins ayant une énergie d’interaction en Ja2/r2,
l’énergie associée à une paroi de domaine est donnée par

E ≈ 2J ln (L/4a)

En considérant l’énergie libre F = E − TS, on remarque que au dessus d’une température T
> J/kB, l’entropie domine et la formation de parois de domaine est thermodynamiquement
stable. En revanche, à basse température, l’énergie libre F est dominée par le terme en
énergie E et il est peu probable de former des parois lorsque la taille du système L est
grande. L’astuce est alors de remarquer que l’énergie nécessaire pour la formation d’une
paire de parois ne dépend que de la distance les séparant :

En ≈ 4Ja2 ln (n)

En étant l’énergie de deux parois séparées par n spins. C’est donc la formation de paires
de parois qui conduit à la minimisation de l’énergie libre en dessous d’une température
critique TBKT . Dans un gaz de bosons à 2D, c’est ce même mécanisme qui entre en jeu
pour établir un état superfluide grâce à l’appariement des défauts topologiques. Les deux
phases qui s’établissent de part et d’autre de la température critique sont caractérisées par
un comportement typique de la fonction de corrélation spatiale : pour T < TBKT , elle décroit
algébriquement tandis qu’à T > TBKT elle décroit exponentiellement avec une longueur de
corrélation ξ qui diverge exponentiellement avec la température. La transition a lieu à une
température critique TBKT définie par la loi universelle

nsλ
2
th = 4

avec ns la densité superfluide et λth la longueur d’onde thermique de de Broglie. Nous ver-
rons que, tant pour la transition BKT que pour la condensation de Bose-Einstein, la densité
dans l’espace des phases nλ2

th sera d’une grande importance pour déterminer le seuil des
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transitions.

Afin de quantifier l’espace de paramètres dans lesquels émerge la transition BKT, l’équa-
tion d’état du systeme se révèle être un outil très puissant. Elle est établie grâce aux variables
thermodynamiques du gaz de Bose qui sont la température T, le potentiel chimique µ et la
densité dans l’espace des phases nXλ2

th. Elle a été mesurée pour la première fois dans des
gaz d’atomes froids en interaction faible par Hung et al. [28] et par Yefsah et al. [29]. Ils
ont tous les deux observé une invariance d’échelle lorsque la densité dans l’espace des phases
est représentée en fonction du rapport entre les deux seules échelles d’énergie du système
2D qui sont le potentiel chimique µ et l’énergie thermique kBT . Cette invariance est tout
à fait typique des systèmes à deux dimensions avec des interactions de contact entre parti-
cules puisque contrairement au cas 3D, le paramètre d’interaction entre deux corps g peut
être exprimé sans dimension. Lorsqu’on fait varier la force des interactions g, une nouvelle
caractéristique émane de l’équation d’état, qui est l’universalité. Ce caractère universel de
l’équation d’état a été observé avec les atomes froids grâce à la mise en œuvre d’un impor-
tant développement technique pour augmenter le degré de contrôle du gaz par l’utilisation
de réseau optique [30].

Pour mesurer l’équation d’état avec les excitons dipolaires, notre principale préocupation
expérimentale a été de réduire au maximum les fluctuations dues aux charges libres pour
extraire le signal homogène du gaz d’excitons. Dans la littérature, les seules mesures de cet
élargissement homogène de la photoluminescence ont été rapportées par Zimmerman et al.
qui ont extrait la composante lorentzienne de la transformée de Fourier du spectre, et l’on
attribuée au signal homogène des excitons [31] d’une largeur spectrale de l’ordre de 200
µeV. Mais la plupart du temps, les expériences discutées dans la littérature font état d’une
raie asymétrique de plus d’un meV de large avec un lente décroissance au niveau des basses
énergies. Cela signifie que le gaz est dominé par un élargissement inhomogène dont l’origine
a été étudiée mais pas totalement comprise [32, 33]. Une solution partielle a été apportée par
la nouvelle génération d’échantillon étudiée lors de cette thèse, avec l’avantage de présenter
un très faible niveau de fluctuations.

Plan de la thèse

Dans ce manuscrit, nous apportons de fortes indications expérimentales de la transition
Berezinskii-Kosterlitz-Thouless avec un gaz d’excitons dipolaires piégés. Nous commence-
rons dans le chapitre I, par décrire la physique de base des semiconducteurs pour mieux
comprendre l’environnement dans lequel sont créés les excitons. Nous verrons que l’applica-
tion d’un champ électrique perpendiculaire au plan d’un double puits permet la formation
d’excitons spatialement indirects. Ces quasi-particules sont très intéressantes pour plusieurs
raisons : leur temps de vie est allongé, de sorte qu’elles atteignent un état d’équilibre ther-
modynamique, leur moment dipolaire est très grand et les interactions entre particules sont
fortes. Enfin, ce sont des bosons composites, ce qui leur confère des qualités uniques. Toutes
ces qualités en font de bons candidats pour observer la condensation de Bose-Einstein ainsi
que la superfluidité. Nous verrons qu’un aspect singulier des excitons est son état fondamental
à quatre composantes, ce qui enrichit considérablement les transitions de phases quantiques
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attendues.
Le chapitre II est consacré à la description des techniques expérimentales mises en œuvre

pour créer et sonder les excitons dipolaires. Nous commencerons par une description détaillée
des deux hétérostructures utilisées au cours de ces travaux ainsi que du montage expérimen-
tal. Puis, nous verrons que les principales caractéristiques du gaz d’excitons sont étudiées à
travers leur photoluminescence, analysée par spectroscopie sur réseau ou par interférométrie
pour sonder la cohérence spatiale et temporelle du gaz. Un effort expérimental a été mené
pour réduire le taux de fluctuations de charges en réalisant toutes les expériences en mode
séquentiel, une technique clé qui conditionne l’interprétation des expériences.

Le chapitre III donne une description phénoménologique de la transition Berezinskii-
Kosterlitz-Thouless. En accord avec le théorème de Mermin-Wagner, nous verrons qu’à basse
dimension (2D et 1D), l’ordre à longue portée est perdu mais il peut s’établir un ordre à quasi-
longue portée dans un état superfluide. La transition associée qui est d’ordre infinie au sens de
Landau, diffère des transitions de phase bien connues du second ordre comme la transition
ferromagnétique-paramagnétique. Nous définirons enfin les deux signatures directes de la
transition puis nous ferons un état de l’art qui retrace l’historique des expériences marquantes
dans le domaine.

Dans les chapitres IV et V sont présentés les résultats expérimentaux obtenus durant cette
thèse. Nous montrerons qu’il est possible de tracer l’équation d’état des excitons indirects,
ce qui signale que le système est effectivement à l’équilibre thermodynamique. Le chapitre 4
se focalisera sur les résultats obtenus avec un premier échantillon. Il sera présenté une étude
complète des défauts de densité qui apparaissent dans la photoluminescence réémise par les
excitons. Ces résultats seront mis en relation avec des mesures de la cohérence spatiale du
gaz en fonction de la position dans le piège.

Nous terminons au chapitre V avec la présentation des mesures effectuées avec une nou-
velle génération d’échantillon qui présente un très faible niveau de fluctuations de charges.
Grâce à ces qualités, nous avons pu mesurer l’équation d’état avec une très bonne précision
et montrer ainsi son universalité. Finalement, nous avons mis en évidence que la force des
interactions dépend de la température.
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Chapitre I

Excitons dipolaires et transitions de phase
quantiques à 2D

Ce premier chapitre introduit la notion d’excitons dipolaires. Ces quasi-particules naissent
dans des puits quantiques de semiconducteurs polarisés électriquement. Leur caractère bo-
sonique offre la possibilité d’observer des effets collectifs à suffisamment basse température.
De plus, leur structure interne, composée de deux fermions, vient ajouter de l’originalité aux
transitions de phase quantiques déjà connues.

I.1 Excitons dans les semiconducteurs

Les semiconducteurs sont des matériaux de choix pour la fabrication de composants
micro et opto-électroniques. Leur production, aujourd’hui contrôlée à la couche atomique près
grâce aux techniques d’épitaxie par jets moléculaires, permet la réalisation de nanostructures
confinant les électrons dans un plan (2D), un fil (1D) ou encore dans une boîte quantique
(0D).

Une des propriétés remarquable des semiconducteurs est leur structure de bande com-
posée d’une bande de valence pleine d’électrons et d’une bande de conduction complètement
vide à température nulle et qui sont séparés par une bande interdite, typiquement de quelques
électrons-volts pour l’arséniure de gallium. Cette énergie est facilement accessible par exci-
tation optique ou électrique et permet d’atteindre le premier état excité du semiconducteur
où un électron de la bande de valence est promu dans la bande de conduction, laissant une
charge vacante appelée trou qui possède une charge et une impulsion opposées à celle de
l’électron.

Dans les paragraphes suivants, nous nous intéresserons aux semiconducteurs massifs pos-
sédant un gap direct, pour lesquels le premier état excité correspond à un électron dans la
bande de conduction et un trou dans la bande de valence de même impulsion. Nous verrons
ensuite que pour des épaisseurs de couches suffisamment petites, il est possible de confiner
les électrons et trous à deux dimensions. Enfin, nous verrons que si on prend en compte l’in-
teraction coulombienne entre charges de signes opposés, on observe l’existence d’une paire
électron-trou liée, d’énergie légèrement inférieure aux charges libres, qu’on appelle exciton.

7
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I.1.1 Excitons dans le massif

Les principaux semiconducteurs que nous utilisons sont des alliages binaires d’arséniure
de gallium (GaAs) ou ternaires d’arséniure de gallium-aluminium (AlGaAs) qui sont des
composés de type III-V. Cela signifie qu’un type d’atome appartient à la colonne III du
tableau périodique des éléments comme le gallium (Ga) et l’aluminium (Al) et possèdent
donc 3 électrons de valence, tandis que le deuxième type d’atome fait partie de la colonne V
avec 5 électrons de valence comme pour l’arsenic (As). Dans l’espace réel, le GaAs cristallise
selon une structure de type blende de zinc comme schématisé sur la figure I.1.a. où deux types
d’atomes s’arrangent selon deux structures cubique faces centrées (CFC) décalés de 1

4 suivant
la grande diagonale. La maille élémentaire rhomboédrique à base centrée est représentée en
bleu et contient 2 atomes par maille : 1 atome de Ga (4s2 4p1) et 1 atome As (4s2 4p3) donnant
lieu à 8 électrons de valence et donc 4 bandes de valence pleines (non représentées dans la
structure de bande). Les atomes forment entre eux des liaisons covalente par hybridation
sp3. Dans l’espace réciproque, la première zone de Brillouin prend la forme d’un octaèdre
tronqué dans lequel on distingue des points de haute symétrie dans le repère (kx,ky,kz) :
Γ(0, 0, 0), le centre de la zone de Brillouin, X (2π

a , 0, 0) le long des axes [1 0 0] et L (πa ,
π
a ,

π
a ) le long de l’axe [1 1 1], comme on peut le voir sur la figure I.1.b.

Ga

As

a

b

c

(a)

(b)

(c)

Bande de conduction

Bande de valence

En
er

gi
e 

(e
V)

Vecteur d'onde

Fig. I.1 (a) Maille élémentaire du GaAs et sa structure blende de zinc. Elle est
formée par un réseau cubique face centrées de gallium et d’atome d’arsenic sur
la moitié des sites tétraédriques. (b) La première zone de Brillouin dans le réseau
réciproque (kx,ky,kz) est un octaèdre tronqué. Les flèches tiretées indiquent trois di-
rections cristallographiques le long desquelles on trouve des points de haute symétrie
Γ(0,0,0) , X (2π

a ,0,0) et L (πa ,
π
a ,
π
a ). (c) Structure de bande du GaAs à température

ambiante le long des axes [1 1 1] et [1 0 0] [34].
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L’arséniure de gallium étant un semiconducteur à gap direct, l’électron et le trou injectés
se forment respectivement au minimum de la bande de conduction et au maximum de la
bande de valence qui se trouvent au point Γ. C’est autour de ce point que se concentre
la description du premier niveau excité, permettant d’approximer les bandes de valence et
de conduction par des bandes paraboliques au voisinage de k = 0 (zone bleutée en figure
I.1.c). Ainsi, en prenant l’origine des énergies en haut de la bande de valence, les relations
de dispersion dans la bande de conduction Ec et de valence Ev s’écrivent :

Ec(k) = Eg + ~2k2

2m∗e
(I.1)

Ev(k) = −~2k2

2m∗h
(I.2)

avec Eg l’énergie de gap et m∗e,h la masse effective de l’électron et du trou, qui donnent
la courbure. Lorsque le semiconducteur est excité optiquement, un photon est absorbé, lui
fournissant suffisamment d’énergie pour aller dans la bande de conduction. En vertu de la
conservation du moment, le trou ainsi crée possède une impulsion et une charge opposée à
celle de l’électron. Si la paire électron-trou est liée par attraction coulombienne, son énergie
est plus basse que la paire libre correspondante. Cet état quantique, associé à l’exciton, est
légèrement inférieur en énergie que celui du gap Eg, dont l’hamiltonien est donné par :

H = Eg + p2
e

2m∗e
+ p2

h

2m∗h
− e2

4πε0εr|re − rh|
(I.3)

avec pe, me (respectivement ph, mh) l’impulsion et la masse effective de l’électron (resp. du
trou), e la charge de l’électron, ε0 la permittivité du vide et εr celle relative au matériau.
Ce système analogue à l’atome d’hydrogène peut se décrire dans le référentiel du centre de
masse dans lequel l’énergie de l’exciton peut s’écrire :

EX = Eg + ~2K2

2MX
− Enb (I.4)

(I.5)

avec MX la masse totale de l’exciton MX=(m∗e + m∗h), K l’impulsion du centre de masse
et Enb l’énergie de liaison entre les deux charges en interaction coulombienne qui est définie
comme :

Enb = R∗

n2 (I.6)

où n est le nombre quantique principal, R∗ = µe4

2ε0εr~2 est la constante de Rydberg effective et
µ = m∗

em
∗
h

m∗
e+m∗

h
la masse effective d’un exciton. On peut également définir le rayon de Bohr de

la paire a0 = ~2εr
e2µ qui renseigne sur son extension spatiale. Dans le cas du GaAs, les masses

effectives valent m∗e = 0.067m0 et m∗h = 0.45m0 ce qui permet de déduire le rayon de Bohr
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a0 = 12 nm (avec une permittivité du GaAs εr= 12.9) ainsi que l’énergie de liaison Eb ∼ 8
meV.

D’un point de vue fondamental, l’exciton correspond à une excitation électronique co-
hérente sur une fraction macroscopique du système. Sa fonction d’onde est une onde plane
définie sur la longueur de cohérence du système pouvant aller jusqu’à quelques micromètres
selon la qualité du semiconducteur. Deux cas limites sont pourtant à distinguer et donnent
lieu à deux types d’excitons : les excitons de Frenkel pour lesquels la paire électron-trou
initialement localisée sur le site n1 est délocalisée sur un site n2 grâce à des processus de Cou-
lomb interatomiques. Si on décrit le réseau cristallin comme une chaîne d’atomes avec ν = 0
l’état fondamental et ν = 1 le premier niveau excité (figure I.2.a), lors de la désexcitation
de l’électron du site n1, un autre électron est excité en site n2. On trouve ce type d’excitons
dans les matériaux organiques et les alcalins. Le deuxième cas est celui des excitons de Wan-
nier pour lesquels l’électron et le trou sont représentés par deux excitations délocalisées :
une onde plane pour l’électron et une seconde onde plane pour le trou. La localisation du
trou, proche de l’électron, s’effectue par des processus coulombiens intrabande attractifs qui
conservent l’impulsion totale : un électron dans la bande de conduction est diffusé, passant
d’une impulsion ke à ke+ q alors que le trou passe de de kh à kh− q comme représenté figure
I.2.b et dans le diagramme de Feynman en I.2.c. C’est ce type d’excitons que l’on rencontre
dans les matériaux inorganiques, dont le GaAs.

ν=0

ν=1 ke

kh kh

ke

kh-q

ke+q

(a) (b) (c)
n1 n2

Fig. I.2 (a) Délocalisation des excitons de Frenkel par processus coulombien inter-
site un électron sur le site n1 est désexcité au niveau du fondamental ν=0 au même
moment qu’un électron du site n2 passe dans le niveau excité ν=1. (b) Dans le cas
des excitons de Wannier, les processus coulombiens intrabande sont à l’origine de
la localisation du trou au voisinage de l’électron. Diagramme de Feynman corres-
pondant ; la ligne droite pleine symbolise l’électron passant d’une impulsion ke à
ke + q tandis que la ligne tiretée symbolise le trou passant de kh à kh − q. La ligne
ondulée reliant l’électron et le trou symbolise l’interaction coulombienne. Figures
reprises de [35].

La structure de bande des semiconducteurs massifs est importante pour comprendre la
structure interne des excitons. Les semiconducteurs III-V cristallisent selon une structure
blende de zinc dont la maille élémentaire se constitue d’un atome de type III et un atome
de type V. Il y a au total 8 électrons de valence qui donnent lieu à 8 bandes d’énergie lors
de l’hybridation des orbitales atomiques s, px, py, pz. On note que chaque bande est deux
fois dégénérée à cause du spin de l’électron et donc chaque bande contient 2N électrons. Si
on considère uniquement les bandes proches de k = 0 où se forment les excitons, seules 3
bandes deviennent pertinentes : la bande de conduction Γ6 antiliante de symétrie s ainsi que
les bandes de valence Γ7 et Γ8 de symétrie p ; Γ8 étant dégénérée avec une bande de trous
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lourds Γhh8 et une de trous légers Γlh8 comme représenté sur la figure I.3. Comme le trou lourd
interagit plus fortement avec le milieu cristallin, sa masse effective est plus élevée : mhh =
0.5m0 (avec m0 la masse de l’électron libre) alors que celle du trou léger est de mlh = 0.08m0
et l’électron me = 0.067m0 . D’autre part, du fait de la présence d’un couplage spin-orbite,
la bande Γ7, appelée bande de « split-off », est plus basse en énergie, décalée de ESO.

bande de
conduction

bandes de
valence

trous lourds

trous légers

ESO

symétrie s

symétrie p

E

k

Γ6

Γ7

Γ8

split-off

Fig. I.3 Structure de bande pour le GaAs massif, proche de k = 0.

I.1.2 Excitons dans les puits quantiques

Le confinement des charges selon l’axe de croissance Oz entraîne de fortes modifications
de la structure de bande présentée précédemment dans le matériau massif. Selon la direction
de confinement, les niveaux d’énergie deviennent quantifiés tandis que dans le plan xOy on
observe une levée de dégénérescence de la bande Γ8 menant à la séparation de la bande de
trous lourds et de la bande de trous légers. Les niveaux d’énergie associés au confinement
dans un puits d’épaisseur L sont en effet donnés par

Ecf = n2 ~2π2

2m∗L2 (I.7)

et sont proportionnels à l’inverse de la masse effective m∗ de la particule confinée avec n
un nombre entier non nul qui exprime la quantification du nème niveau excité permettant de
qualifier ces structures de puits quantiques. Dans la direction du confinement, les bandes de
conduction et de trou lourd présentent donc des niveaux d’énergie quantifiés notés respec-
tivement En et HHn (HH pour heavy hole). Par la suite, on ne considèrera que cette bande
de valence pour traiter la création des excitons confinés dans un plan, car il s’agit de la plus
haute en énergie.

La fabrication de puits quantiques se fait par une superposition de couches de semi-
conducteurs de différentes natures qui se distinguent par leur énergie de gap et leur affi-
nité électronique, qui est l’énergie minimale à fournir à un électron en bas de la bande de
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conduction pour l’arracher au semiconducteur. L’empilement de ces couches forme alors une
hétérostructure. Il en existe de deux types, définis selon la manière dont les charges sont
piégées :

— Type I, l’électron et le trou sont confinés dans le même matériau.
— Type II, les charges de signes opposés sont séparées spatialement dans deux matériaux

différents, par exemple l’électron dans le matériau B et le trou dans le matériau A
comme schématisé dans la figure I.4.

Dans le cadre de nos expériences, nous faisons appel à des hétérostructures de type I avec
pour matériaux puits du GaAs d’énergie de gap ∼1.52 eV à 4K et une barrière d’AlGaAs
d’énergie de gap plus grande, voisine de 2 eV.

A A
B

Eg
B

Type I Type II

E1

E2

HH1

HH2

Eg
A

Eg
B

Eg
A

HH1

HH2

A B A

E1

E2

Fig. I.4 Hétérostructures de type I et type II.

I.2 Excitons sous champ électrique externe
Un élément essentiel pour la formation d’excitons dipolaires est l’application d’un champ

électrique externe selon la direction de croissance. Il permet à la fois d’induire une séparation
spatiale des charges opposés mais également le confinement des particules à l’aide d’un champ
électrique spatialement non uniforme, appliqué à l’aide d’électrodes déposées à la surface de
l’échantillon.

I.2.1 Double puits quantique sous champ électrique
Pour nos expériences, nous avons fait le choix d’utiliser des doubles puits quantiques mais

tous les effets qui seront décrits par la suite peuvent aussi s’observer dans des puits quantiques
larges. Les bandes de valence et de conduction selon l’axe de croissance (qui est également
l’axe de confinement) sont représentées figure I.5 pour un double puits symétrique où une
barrière d’AlGaAs de 4 nm d’épaisseur sépare les deux puits quantiques de GaAs, larges de
8 nm chacun. Les niveaux discrets issus du confinement selon l’axe Oz sont schématisés en
tirets dans les deux puits de GaAs. Dans le cas de puits quantique avec des barrières de taille
finie, la fonction d’onde du premier état excité n = 1 est de la forme A cos (kz) dans le puits
et décroit exponentiellement dans les barrières comme représenté dans la figure I.5.a pour
l’électron et le trou lourd.

Lorsque l’hétérostructure est soumise à un champ électrique externe Fz suivant l’axe de
croissance, les bandes de valence et de conduction sont alors inclinées. Plusieurs cas de figure
sont à considérer selon la force du champ appliqué :
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— À champ nul, l’électron et le trou se trouvent dans le même puits et leur fonction
d’onde se recouvrent complètement comme représenté en figure I.5.a . Leur temps de
vie très court, de l’ordre de la nanoseconde, ne permet pas d’atteindre un équilibre
thermique. L’alignement de l’électron avec le trou leur vaut le nom d’excitons directs.

— À champ faible, on peut traiter l’effet induit par le champ électrique de manière
perturbative. La correction au premier ordre étant nulle pour des raisons de symétrie,
on ne considère que la correction au deuxième ordre du niveau d’énergie E1 engendré
par l’interaction avec les autres niveaux En (n 6= 1) :

∆E1 = −e2F 2
z

∑
n6=0

| 〈ϕ(0)
1 | z |ϕ

(1)
n 〉 |2

E
(0)
n − E(0)

1
(I.8)

Elle prédit un déplacement du niveau vers les basses énergies, c’est ce qu’on appelle
l’effet Stark dans un confinement quantique. Cette méthode s’applique lorsque le
décalage ∆E1 est faible devant la distance entre les niveaux.

— À champ suffisamment fort, on peut induire le passage des charges par effet tunnel à
travers la barrière d’AlGaAs pour minimiser l’énergie de chacune des charges. Dans
ce cas, le calcul des niveaux d’énergies par la méthode perturbative n’est plus valable
et la diagonalisation complète du problème est nécessaire. C’est le cas représenté
dans la figure I.5.b, les électrons et trous sont spatialement séparés sous l’effet du
champ électrique ce qui leur vaut le nom d’excitons spatialement indirects. Dans cette
configuration, les fonctions d’onde sont asymétriques et le recouvrement entre les
fonctions d’onde de l’électron et du trou est réduit. Ceci engendre une diminution du
taux de recombinaison et par conséquent un allongement de leur temps de vie, pur
atteindre la centaine de nanosecondes.
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Fig. I.5 Bande de conduction et de valence d’un double puits quantique de GaAs
avec une barrière d’AlGaAs suivant l’axe de croissance. Les niveaux d’énergie En
sont les nème niveaux excités de la bande de conduction avec en bleu la fonction
d’onde du premier niveau et HHn ceux de la bande de trous lourds (a) sans champ
électrique et (b) avec champ appliqué perpendiculairement au plan des couches. En
(b) on observe une séparation spatiale des électrons et trous, donnant naissance
aux excitons spatialement indirects.

C’est depuis le début des années 1960 que les excitons sont apparus comme des systèmes
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modèles dans l’observation des transitions de phase quantiques. En effet, leur température
critique peut atteindre une centaine de Kelvin, puisque pour un gaz de bosons sans inter-
actions, la température critique est inversement proportionnelle à la masse effective. Ces
études ne prenaient pas en compte la nature composite de l’exciton. Toutefois, d’autres ca-
ractéristiques des excitons sont venues limiter l’observation des effets collectifs, comme leur
temps de vie radiatif qui est d’environ 100 ps, bien inférieur au temps caractéristique de
thermalisation via les phonons acoustiques longitudinaux à deux dimensions, de l’ordre de
la nanoseconde. On trouve également que l’interaction entre excitons de spin opposés n’est
pas répulsive et donc l’état fondamental se compose d’un regroupement de particules en mo-
lécules excitoniques appelées biexcitons. D’autre part, la formation de paires électron-trou
appariées nécessite des gammes de densités restreintes dont le seuil dépend du coefficient η
défini par :

η = N

(
aX
L

)3
(I.9)

avec N le nombre de particules, aX l’extension spatiale de l’exciton et L3 Le volume du
système considéré. Dans le cas où η ∼ 1 les excitons sont ionisés et on observe la formation
d’un plasma d’électrons et de trous dans un processus appelé la dissociation de Mott [36, 37].
Au contraire si la densité est trop faible, on observe une dissociation des excitons qui engendre
une augmentation de l’énergie (les paires liées ayant une énergie plus basse) mais également
une augmentation du « désordre » et donc de l’entropie du système. Si on considère l’énergie
libre du système F = E − TS, alors il existe un seuil pour lequel le terme d’entropie devient
supérieur à celui d’énergie, minimisant l’énergie libre ce qui définit le processus de dissociation
entropique [38].

η=N (aX / L)3

T

Dissociation 
de Mott

Dissociation 
entropique

Dissociation 
thermique

1

Gaz d'excitons

Fig. I.6 Processus de dissociation d’un gaz d’excitons. À densité constante, les
excitons se dissocient lorsque l’énergie thermique devient supérieure à l’énergie de
liaison de la paire. Pour des densités η ∼1 on observe la dissociation des excitons
en un plasma d’électrons et trous tandis qu’à faible densité, c’est l’augmentation
de l’entropie qui engendre la dissociation.

L’idée d’une séparation spatiale des charges dans deux couches distinctes a été proposée
dans les années 70 par Lozovik & Yudson [7] et a permis d’outrepasser les limitations, en
termes de temps de vie des particules, pour l’obtention d’un gaz froid d’excitons semicon-
ducteurs.
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— l’allongement du temps de vie des particules par l’application d’un champ électrique
perpendiculairement au plan des particules comme déjà décrit au paragraphe précé-
dent. Le champ repousse les particules de charges opposées dans deux puits distincts
par effet tunnel et provoque un faible recouvrement des fonctions d’onde augmentant
le temps de vie qui est désormais autour de τ ∼ 100 ns.

— Les excitons ayant leurs électrons et trous spatialement séparés, ils forment un dipôle
aligné avec le champ électrique externe et acquièrent donc une énergie d’interaction
dipolaire : Udip = −d ·Fz. Pour les doubles puits que nous étudions, le moment dipo-
laire des excitons est particulièrement élevé (d ∼ 100 Debye) et contraint fortement
les dipole à s’alligner avec le champ électrique pour minimiser leur énergie.

— Tous les moments dipolaires des excitons étant alignés avec le champ électrique, il y a
alors des interactions répulsives dipôle-dipôle qui tendent à stabiliser le gaz d’excitons
et permettent d’atteindre de fortes densités tout en empêchant la formation d’un
plasma électron-trou.

I.2.2 Interaction dipolaire entre excitons

Le fort champ électrique appliqué sur l’hétérostructure induit un dipôle permanent pour
les excitons qui sont alignés perpendiculairement au plan des puits, engendrant de fortes
interactions dipôle-dipôle entre eux. Ces interactions dipolaires à longue portée sont caracté-
ristiques du système, c’est pour cela que les excitons spatialement indirects sont aussi appelés
excitons dipolaires. Il est possible de quantifier cette interaction en considérant tout d’abord
l’interaction électrostatique entre deux excitons :

upaire(r) = 2e2

κ

(1
r
− 1√

d2 + r2

)
(I.10)

avec d la distance entre les deux puits et κ la constante diélectrique du semiconducteur. Si
la distance entre les deux excitons est très grande telle que r � d, alors ce potentiel prend
la forme d’une énergie de répulsion dipôle-dipôle u(r) ∼ e2d2

κr3 . Dans l’approximation de
champ moyen, l’énergie d’interaction dipôle-dipôle entre excitons est donnée par la formule
du condensateur plan, c’est-à-dire pour deux plans de particules chargées :

∆EX =
∫
nXupaire(r)d2r = 4πe2d

κ
nX (I.11)

Cette énergie reflète la répulsion entre excitons qu’on appelle blueshift. Elle évolue linéaire-
ment avec la densité, ce qui sert de jauge pour faire le lien entre énergie et densité d’excitons.
Par ailleurs, cette formule ne prend pas en compte les corrélations entre excitons et un mo-
dèle plus complet est nécessaire. Un premer modèle donné par Stern et al. prend en compte
les corrélations de paires qui sont de la forme exp(upaire(r)/kBT ). Dans notre cas, nous uti-
lisons le modèle présenté dans la référence [39] qui précise, par un facteur correctif, que la
corrélation de paire dépend de la densité, pour les gammes de densité que nous étudions
(autour de 1010 excitons au cm−2). La figure I.7 présente la différence entre les modèles de
corrélations de paires indépendante et dépendante de la densité d’excitons. Actuellement, il
n’existe pas de consensus sur la relation liant le blueshift et la densité. Le modèle présenté
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en [39] nous donne typiquement pour un blueshift de ∆EX ∼ 1 meV une densité d’excitons
de l’ordre de ∼ 2 · 1010cm−2.
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Fig. I.7 Blueshift en fonction de la densité d’excitons indirects (noté IX pour
indirect excitons) dans les puits, dans le cas où les corrélations de paires d’exciton
sont indépendantes de la densité (courbe bleue) puis en prenant en compte les
corrélations entre excitons en fonction de la densité (courbe rouge). (b) Gros plan
au niveau des densités typiques étudiées dans nos travaux.

I.2.3 Piège dipolaire
Pour polariser l’hétérostructure contenant le double puits, on utilise un dispositif à effet de

champ constitué d’une électrode de surface métallique tandis que le substrat de l’échantillon
joue le rôle d’électrode de masse, comme présenté en figure I.8.b. En appliquant un potentiel
négatif, on limite le courant passant à travers la structure tout en la polarisant. De plus, la
barrière Schottky, formée par l’interface métal-semiconducteur limite le passage des charges
grâce à la barrière de potentiel créée par la jonction des bandes de conduction des deux
matériaux.

Afin d’atteindre des densités suffisamment grandes pour observer des effets collectifs,
les excitons sont piégés dans un champ électrique non uniforme imposé par un jeu de deux
électrodes de surface : une électrode centrale circulaire entourée d’une électrode de garde,
les deux étant séparées par un anneau isolant d’une centaine de nanomètres. Les excitons
possédant un dipôle permanent minimisent leur énergie en se dirigeant vers les zones de
champ fort ; grâce à l’application d’une différence de potentiel élevée, on peut alors confiner
les particules dans une zone restreinte de l’espace formant alors un piège dipolaire.
Trois configurations, présentés en figure I.8.a, sont possibles selon le couple de tensions
appliquées sur l’électrode de centre Vc et de garde Vg. Proche de l’anneau isolant, les lignes de
champ divergent fortement créant de hautes barrières de confinement issues de la rectification
de potentiel. Cela explique pourquoi les excitons restent confinés même dans la configuration
de piège élevé. D’un point de vue pratique, il faut placer préférentiellement les puits loin des
électrodes de surface afin d’éviter que les divergences du champ, à l’origine de composantes
du champ électrique dans le plan des puits, n’engendrent la ionisation des excitons.

I.2.4 Cycle de vie des excitons
La création d’une paire électron-trou dans le puits quantique s’effectue par excitation

optique soit de manière résonante avec la transition entre les premiers niveaux du puits
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Fig. I.8 (a) Trois configurations du potentiel de confinement sont possibles selon
le potentiel appliqué sur l’électrode de centre Vc et l’électrode de garde Vg. La
rectification du potentiel entre les deux électrodes crée une barrière très étroite. (b)
Le champ électrique est appliqué grâce à un jeu de deux électrodes déposées à la
surface. Les dipôles s’alignent avec le champ électrique pour minimiser leur énergie
et sont attirés par les zones de fort champ.

E1 − HH1 (flèches rouges dans la figure I.9.a), soit à plus haute énergie (flèches oranges).
Les charges photo-crées relaxent vers le minimum de leur bande respectives proche de k//= 0
par divers processus, notamment par l’émission/absorption successive de phonons acous-
tiques longitudinaux ou bien encore par interactions entre paires d’excitons ou charges libres-
excitons. Lorsque les excitons sont suffisamment bien thermalisés, proche de k = 0 ils peuvent
se recombiner et émettre un photon à la condition que l’échange d’impulsion entre l’exciton
et le photon soit possible, c’est-à-dire que l’exciton se trouve dans la zone radiative délimitée
par la dispersion photonique dans le milieu. Les photons ainsi émis constituent la photolu-
minescence qui possède toutes les propriétés caractéristiques des excitons. La recombinaison
radiative des paires électron-trou n’est possible que lorsque l’impulsion dans le plan des puits
kX‖ des excitons satisfait la condition suivante :

|kX// | ≤ |k
γ
// | (I.12)

avec kγ// l’impulsion dans le plan du photon. Sachant que l’énergie des excitons EX dans le
puits quantique est donnée par :

EX = E0
X +

~2k2
//

2MX
(I.13)

avec E0
X qui correspond à la somme de l’énergie de gap, de confinement et de liaison de

l’exciton. La dispersion d’un photon dans un cristal d’indice n est donnée par :

Eγ = ~
c

n
k = ~

c

n

√
k2
⊥ + k2

// (I.14)

où k⊥ est l’impulsion selon l’axe de croissance. En égalisant les énergies de l’exciton et du
photon, on peut alors trouver les valeurs de k⊥ qui permettent de satisfaire la condition
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énoncée plus haut :

k⊥ =

√√√√ n2

~2c2

(
E0
X +

~2k2
//

2MX

)2

− k2
// (I.15)

qui a des racines réelles si et seulement si :

k//<
n

~c

(
E0
X +

~2k2
//

2MX

)
(I.16)

Deux solutions réelles pour la norme du vecteur d’onde dans le plan k// sont possibles :

|k//| < k
(1)
// = cMX

n~

1−

√
1− 2n2E0

X

c2MX

 (I.17)

|k//| > k
(2)
// = cMX

n~

1 +

√
1− 2n2E0

X

c2MX

 (I.18)

Seule la première inégalité donne des valeurs de k// dans la première zone de Brillouin. Il
vient que seuls les excitons ayant une énergie Emax

X−γ = ~2k
(1)2

// /2MX peuvent se désexciter
de manière radiative, ce qui définit une zone dans la courbe de dispersion que l’on appelle
le cône de lumière, représenté en figure I.9.b. L’application numérique au système d’exciton
dans le GaAs nous donne E0

X ∼ Eg = 1.52 eV et n ≈ 3.6 ce qui permet de calculer l’im-
pulsion maximale k(1)

// ≈ 2.8 · 107 m−1 et l’énergie maximale associée Emax
X−γ ≈ 150 µeV. À

la température de base à laquelle nous travaillons, Tb = 330 mK, l’énergie thermique est de
kBTb ≈ 30 µeV ce qui nous amène à déduire que tous les excitons une fois thermalisés se
trouvent dans le cône de lumière.

Dans le cas de l’excitation non résonante, les charges libres optiquement crées, après
thermalisation dans le minimum de la bande, donnent naissance aux excitons directs. Ce type
d’excitation peut donner lieu à la création de charges, d’énergie plus élevées, qui peuvent
perturber le gaz d’excitons indirect et empêcher sa bonne thermalisation. On préfèrera donc
utiliser la méthode d’excitation résonante pour obtenir un gaz froid d’excitons indirects.
Dans ce cas, l’énergie du laser est ajusté avec l’énergie de la transition des excitons directs,
qui sous l’effet du champ électrique externe, engendre la formation d’excitons indirects qui
thermalisent vers le cône radiatif.

Les processus de thermalisation sont d’un enjeu central pour l’observation d’un gaz froid
d’excitons puisque les effets collectifs ne peuvent s’observer que lorsque la température effec-
tive se trouve en dessous d’un kelvin. Le processus le plus efficace pour leur thermalisation
est l’émission de phonons acoustiques longitudinaux, qui se trouve être très efficace avec un
temps caractéristique de l’ordre de la nanoseconde [40, 41]. Il existe néanmoins une limitation
théorique pour des puits quantiques de GaAs qui se situe à une énergie d’environ 35 µeV, soit
une température de 350 mK et s’explique par le croisement de la dispersion excitonique avec
la dispersion phononique comme montré figure I.10 : en dessous de cette limite, il n’est plus
possible d’émettre un phonon pour refroidir un exciton, ce qui provoque un goulot d’étran-
glement à cette énergie. Des processus de second ordre peuvent néanmoins survenir comme
l’absoption d’un phonon proche de l’énergie de croisement suivie de l’émission d’un phonon
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Fig. I.9 L’injection optique de paires électron-trou peut se faire soit par excitation
résonante avec le premier niveau du puits, soit à plus haute énergie de manière non-
résonante. (a) Modulation des bandes de valence et de conduction en présence du
contact de surface et du contact de masse. Un potentiel négatif est appliqué sur
l’électrode de surface. (b) Courbes de dispersion des excitons directs et indirects et
thermalisation des charges jusque dans le cône de lumière proche de k = 0.

de plus grande énergie mais l’efficacité de ce processus décroit de manière exponentielle avec
la température du bain d’excitons. D’autres processus comme les collisions exciton-exciton
ou exciton-charge libre à basse température sont supposées intervenir en dessous de la tem-
pérature limite pour la thermalisation via phonons acoustiques mais sont peu abordés dans
la littérature.

I.3 Effets collectifs et transitions de phases à 2D
Les excitons, de part leur spin total entier, ont un caractère bosonique et sont soumis

à la statistique de Bose-Einstein. En abaissant la température du système, on doit alors
observer une température critique pour laquelle toutes les particules s’accumulent dans l’état
d’énergie le plus bas. Cependant, la nature fermionique de ses composants rend le problème
plus complexe de par l’aspect multicomposante de l’état fondamental. Cette caractéristique
sera abordée au travers de la condensation noire des excitons dans laquelle l’état fondamental
n’est pas couplé au champ de photons. Néanmoins, sous certaines conditions, l’état noir peut
interagir avec des états « brillants » d’énergie légèrement supérieure et couplé à la lumière,
donnant naissance à un condensat « gris ». Enfin, nous verrons qu’à deux dimensions, la
transition de Berezinskii-Kosterlitz-Thouless (BKT) relie l’état condensé pour lequel l’ordre
à longue-portée est détruit à température finie par l’augmentation des fluctuations conduisant
à une phase désordonnée.

I.3.1 Condensation de Bose-Einstein

Dans cette section, nous allons voir que pour un gaz parfait de bosons à basse tempé-
rature la statistique quantique permet de décrire un effet non prédit par la statistique de
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Fig. I.10 (a) Relations de dispersion pour l’exciton (en rouge) les phonons acous-
tiques longitudinaux (en noir) et pour le photon (en bleu). La zone grisée correspond
au cône de lumière (calculé dans la section I.2.4) qui définit la zone pour laquelle un
exciton peut se recombiner de manière radiative. (b) Gros plan sur les points d’in-
tersection des courbes de dispersions du photon et de l’exciton à Emax

X−γ ∼ 150 µeV
et des phonons avec l’exciton en Emin

X−LA ∼ 35 µeV qui équivaut à une température
de ∼ 350 mK.

Boltzmann, qui est la condensation de Bose-Einstein. Il s’agit d’un état particulier de la
matière dans lequel un nombre macroscopique de particules occupe le même état quantique.
Nous commencerons par une description dans le cas à trois dimensions, puis dans un système
2D homogène où la condensation de Bose-Einstein n’est pas possible.

Condensation de bose à 3D Les effets collectifs apparaissent au moment où l’aspect
quantique des particules n’est plus négligeable c’est-à-dire qu’on ne peut plus les considérer
comme des masses ponctuelles de position et d’impulsion bien définies. Il faut substituer à
cette description classique, une description quantique en terme de probabilité de présence,
où la fonction d’onde des particules est une onde de probabilité. C’est lorsqu’on abaisse la
température que ces effets se font ressentir, la probabilité de présence en terme ondulatoire est
nécessaire. On utilise pour cela un paramètre caractéristique mis en lumière par de Broglie
pour décrire l’extension spatiale de la fonction d’onde des particules, appelé longueur d’onde
thermique :

λth = h√
2πMkBT

(I.19)

avec kB la constante de Boltzmann. Elle est inversement proportionnelle à la température et
donc décrit le fait que la longueur d’onde thermique augmente lorsqu’on diminue la tempéra-
ture. Ces simples considérations permettent de décrire de manière intuitive l’apparition d’un
condensat, comme expliqué à la figure I.11. Considérons pour cela un volume fini contenant
des particules bosoniques de densité n = N/V pour lesquelles on abaisse progressivement la
température. Pour T grand devant la température critique de condensation Tc les particules
sont décrites de manière classique par leur position et leur impulsion. Pour T > Tc les effets
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quantiques apparaissent, les particules voient leur longueur d’onde thermique augmenter au
fur et à mesure que la température diminue. Quand le critère de condensation nλth ∼ 1 est
atteint, proche de T ∼ Tc les fonctions d’ondes commencent à se chevaucher, on distingue
deux composantes : une partie des particules sont condensées dans l’état fondamental et
commencent à peupler de manière macroscopique cet état (onde en rouge). La deuxième
composante correspond à partie thermique qui sont les états excités. Enfin, pour T < Tc
Un très grand nombre de particules sont dans l’état fondamental, elles possèdent une unique
fonction d’onde dont l’extension spatiale est de la taille du système.

T ~	TcT ≫Tc  
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Fig. I.11 À une température très supérieure de la température critique, les par-
ticules enfermées dans une boîte sont décrites par leur position et leur vitesse. En
diminuant la température, les paquets d’onde s’étendent spatialement jusqu’à se
superposer et former en dessous de la température critique une unique onde de
matière ayant une extension spatiale de la taille du système.

Nous allons maintenant traiter la condensation de Bose-Einstein en utilisant la descrip-
tion statistique dans l’ensemble grand canonique pour une assemblée de bosons sans inter-
action dans un volume fixé. Le nombre de bosons dans l’état quantique θ d’énergie εθ suit la
statistique de Bose-Einstein donnée par :

Nθ(T,µ) = 1
eβ(εθ−µ) − 1

(I.20)

où β = 1/kBT . Le nombre total de particules s’exprime alors comme :

N =
∞∑
θ=0

Nθ(T,µ) (I.21)

Afin que le nombre de particules dans l’état θ reste positif, il faut que le potentiel chimique
respecte la condition suivante :

µ ≤ ε0 (I.22)
avec ε0 l’énergie du fondamental. Le potentiel chimique devant être plus petit que l’énergie
de n’importe quel mode, il varie donc de −∞ à ε0. Comme montré dans la figure I.12, le
potentiel chimique est négatif et atteint la valeur ε0 = 0 pour un point caractéristique qui
définit la température critique de condensation indiquée en pointillés. Si on distingue les
particules se trouvant dans l’état fondamental θ = 0 de celles dans les niveaux excités θ 6= 0
on peut écrire le nombre total de particules comme :

N = N0(T,µ) +Nexc(T,µ) (I.23)
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avec

Nexc(T,µ) =
∑
θ 6=0

1
eβ(εθ−µ) − 1

<
∑
θ 6=0

1
eβ(εθ−ε0) − 1

≡ Nmax
exc (I.24)

Nmax
exc définit le nombre maximal de particules que l’on peut placer dans les états excités.

Dès lors, toute particule rajoutée au système au delà de Nmax
exc vont venir s’accumuler dans

l’état fondamental N0, les états excités étant saturés, jusqu’à atteindre N pour T = 0 (voir
figure I.12).

On peut montrer qu’à 3D la saturation des états excités survient quand le nombre critique
de particules devient :

Nc = L3

λ3
th
g3/2(1) (I.25)

avec g3/2(1) = ζ(3/2) ≈ 2.612, ζ(x) étant la fonction zêta de Riemann et g3/2(z) une fonction
monotone sur l’intervalle [0, 1[.

Fig. I.12 Évolution du potentiel chimique et du nombre de particules dans l’état
fondamental en fonction de la température (figure issue de [42]).

En définissant la densité dans l’espace des phases D ≡ N
L3λth, on détermine également

une densité critique dans l’espace des phases :

Dc = g3/2(1) (I.26)

En passant à la limite thermodynamique, on peut remplacer la somme discrète sur les
états quantiques par une intégrale en faisant apparaître la densité d’états 1 :

Nexc(T ) =
∫ ∞

0

ρ(d)(ε)
eβε − 1dε (I.27)

mettant en avant que le nombre de niveaux excités dépend de la dimension du système à
travers de la densité d’états ρ(ε) :

1. en considérant que la population thermique peut se décrire dans le cas d’un potentiel chimique nul.
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ρ3D(ε) = L3

(2π)2

(2m
~2

)3/2
ε1/2 (I.28)

ρ2D(ε) = mL2

2π~2 (I.29)

ρ1D(ε) =
√

2m
~

L

2πε
−1/2 (I.30)

En injectant ρ2D(ε) et ρ1D(ε) dans l’expression du nombre de particules dans les niveaux
excités, on trouve que celui-ci devient infini, rendant la condensation impossible à une et
deux dimensions.

Condensation à 2D piégé Comme il a été montré au paragraphe précédent, la conden-
sation de Bose-Einstein est impossible pour un gaz 2D homogène. Dans le cas particulier
du gaz piégé dans un potentiel harmonique Vtrap = 1

2mω
2r2, il est néanmoins possible de

créer un quasi-condensat. On montre qu’à partir de la densité d’état ρtrap le nombre critique
d’atomes dans l’état excité est fini et s’écrit :

ρtrap(ε) = ε

(~ω)2 (I.31)

N trap
c = π2

6

(
kBT

~ω

)2
(I.32)

En dessous de la température critique, le nombre d’atomes dans l’état excité est à satura-
tion. La température critique de condensation s’obtient en remarquant que N = N trap

c (Tc) :

kbTc =
√

6
π

~ω
√
N (I.33)

En combinant l’équation 1.23 et l’équation 1.32 pour N = N trap
c (Tc) et Nexc = N trap

c (T ),
on obtient la proportion d’atomes dans l’état fondamental :

N0
N

=
[
1−

(
T

Tc

)2
]

(I.34)

La saturation des états excités reste valable à la limite thermodynamique (N →∞, ω →
0 avec Nω2 constant), ce qui permet d’observer un état condensé.

I.3.2 Condensation noire et grise des excitons

La nature composite des excitons offre une physique très riche si on prend en compte le
spin de ses constituants. La structure fine de l’exciton donne naissance à 4 états de spin qui
se distinguent par la valeur de leur spin total ± 2 ou ±1. À une densité suffisamment grande,
les deux états sont amenés à interagir entre eux. Dans ce cas, la description du gaz de Bose
utilisé en première approximation est modifiée par l’effet de ces interactions.



24 Chapitre I. Excitons dipolaires et transitions de phase à 2D

Structure fine de l’exciton Comme décrit au paragraphe I.1.1 les électrons de la bande
de conduction possèdent une symétrie s de moment orbital l = 0 tandis que les trous de la
bande valence sont de symétrie p avec l = 1 (lz = 0,±1). Le moment de spin s = 1/2 (sz =
±1/2) permet de définir le moment angulaire total pour les électrons jz = lz + sz = ±1/2 et
pour les trous jz = ±3/2, ±1/2. Dans le cas des puits quantiques, seule la bande de trous
lourds de moment cinétique total (±3/2) est pertinente pour la description d’excitons à 2D.
La combinaison entre les électrons (±1/2) et les trous lourds (±3/2) nous donne alors des
excitons de spin (±2) et (±1). Les excitons de spin (±2) ne sont pas couplés à la lumière car
leur moment total est différent de celui du photon et sont de ce fait appelés excitons noirs,
alors que les excitons (±1) sont couplés au champ de photons de polarisation circulaire σ±
et sont donc appelés excitons brillants.

Condensation noire des excitons Si on ne prend en compte que les processus intra-
coulombiens qui sont à l’origine de la formation des excitons de Wannier déjà décrit en
section I.1.1, alors les quatre états de spin sont dégénérés. Il faut cependant prendre en
compte les processus de Coulomb inter-bande dans lesquels la désexcitation d’un électron
vers la bande de valence provoque l’émission d’un photon virtuel immédiatement réabsorbé
par un électron de la bande de valence qui est promu dans la bande de conduction. Ce
processus schématisé en figure I.13 est répulsif car deux électrons sont en jeu ; par ailleurs
il ne concerne que les excitons brillants, puisque ce sont les seuls qui peuvent interagir avec
le champ de photon. Il vient alors que le niveau d’énergie des excitons brillants se trouve à
plus haute énergie par rapport à celui des excitons noirs. Il a été montré seulement en 2007
par M. Combescot et al. [43] que la condensation des excitons devait avoir lieu dans l’état
fondamental qui est en réalité un état noir, ce qui explique pourquoi la recherche active d’un
fort accroissement de la luminescence des excitons se condensant dans l’état fondamental n’a
jamais été montré.

ke
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ke

(a) (b)

kh'

ke'

ke'
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Fig. I.13 Processus de Coulomb interbandes à l’origine de la levée de dégéné-
rescence entre les états noirs et les états brillants. (a) Désexcitation et excitation
d’un électron vers la bande de conduction par émission d’un photon virtuel. (b)
Diagramme de Feynman correspondant.

Interaction d’échange et condensation grise Outre les processus coulombiens inter-
bande qui lèvent la dégénérescence entre les niveaux de spins noirs et brillants, les excitons
interagissent également entre eux par l’échange de charges et l’interaction coulombienne. Ce
processus cohérent où deux excitons de spin +1 et −1 se transforment en deux excitons de
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spin +2 et −2 lorsqu’ils échangent leur trou lourd est représenté dans le diagramme de Feyn-
man dans la figure I.14.b et permet, à partir d’une population purement composée d’excitons
brillants, de former une population d’excitons noirs, bien que ceux-ci n’interagissent pas avec
la lumière. Une conséquence de cette interaction, en considérant tout d’abord un cas clas-
sique où l’énergie thermique kBT à disposition est supérieure à l’écart entre les niveaux noirs
et brillants, est qu’ils sont peuplés de manière égale à 50% chacun. Dans le cas dégénéré,
une fraction macroscopique d’excitons se trouvent dans l’état noir et sont couplés de manière
cohérente au excitons brillants par l’interaction d’échange, donnant naissance à un condensat
« gris ». C’est par l’étude des photons émis par la partie brillante que l’on peut révéler les
caractéristiques du système. À remarquer que l’interaction d’échange s’établit sous certaines
conditions de densité et dépend linéairement avec celle-ci, donnant lieu à deux régimes :

— Régime dilué : pas ou peu d’échange de charges entre excitons noirs et brillants, les
niveaux ne sont pas couplés et le niveau fondamental est purement noir.

— Régime d’interaction à partir d’une certaine densité critique, l’échange a lieu et
permet de coupler de manière cohérente le niveau brillant au niveau noir menant à
une condensation grise.

(+1)(-1)

(-2) (+2)

(a)
-1

+1

+2

-2

+1/2

-1/2

+3/2

-3/2

(b)

σ+σ-

Fig. I.14 (a) Schéma des 4 états de spin ±1 et ±2. Les excitons brillants ±1
se trouvent à une énergie supérieure de celle des excitons noirs ±2 car ils inter-
agissent avec les fluctuations quantiques du vide par émission/absorption d’un pho-
ton virtuel. (b) Digramme de Feynman de l’échange de fermion entre deux excitons
brillants donnant naissance à deux excitons noirs.

C’est en 1995 que Nozières a mis en évidence la nécessité des interactions pour l’éta-
blissement d’un condensat [42] non fragmenté. Le critère mis en avant est que la différence
d’énergie existante entre 2N particules dans l’état fondamental en k = 0 comparé à (N,N)
particules en (−k,k) avec k = 2π/L vaut :

(Nεk +Nε−k)− 2Nε0 = 2N 1
2m

(2π
L

)2
∝ N

L2 (I.35)

qui est sous-extensif, c’est-à-dire que la différence d’énergie entre les niveaux devient de plus
en plus petite lorsqu’on augmente la taille de système L3, si bien que pour un échantillon
de taille macroscopique à la limite thermodynamique (N, L3 → ∞, avec N/L3=constante)
la différence entre les niveaux est infiniment petite et n’explique pas pourquoi les particules
vont condenser dans l’état fondamental seul. La condensation ne s’explique que s’il existe
effectivement une interaction entre les particules qui évite la formation de condensats indé-
pendants incohérents entre eux qu’on qualifie aussi de fragmentés. La différence d’énergie
entre un condensat en k = 0 et deux condensats en k et −k s’écrit :

EN,N (k)− E2N (0) = 2Nεk + v̄N2 (I.36)
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avec v̄ > 0 une interaction de contact répulsive 2 empêchant l’accumulation de particules qui
donnerait une densité infinie. Le terme 2Nεk est sous-extensif comme montré précédemment
tandis que le deuxième terme v̄N2 correspondant à l’interaction entre les niveaux est extensif.
Par conséquent, la fragmentation coûte en énergie et est donc moins favorable.

I.3.3 Transition Berezinskii-Kosterlitz-Thouless

Nous présentons ici une description très succincte de la transition de Berezinskii-Kosterlitz-
Thouless (BKT) qui sera plus largement approfondie dans le chapitre III.

Pour des particules piégées à deux dimensions, la condensation de Bose-Einstein n’a pas
lieu au sens strict. En effet, la réduction de la dimensionalité entraînne la perte d’ordre à
longue portée à cause des fluctuations thermiques (théorème de Mermin-Wagner-Hohenberg)
[1]. Alors qu’à 3 dimensions les fluctuations thermiques s’atténuent à longue distance, à 2
dimensions elles créent l’apparition de défauts topologiques, appelés vortex. Ces objets sont
définis par une phase tournant de±n2π (n la charge du vortex), avec au centre une singularité
de phase et une densité nulle. La longueur caractéristique pour laquelle la densité moyenne
est rétablie est la taille typique du vortex, appelée longueur de cicatrisation ξ (healing length
en anglais). La présence des vortex empêche l’établissement d’une phase ordonnée dans le
système.

Cependant, l’idée proposée par Berezinskii [44] Kosterlitz & Thouless [45] respecti-
vement en 1972 et 1973 est que l’appariement de vortex de circulation opposés, ne détruisent
que localement l’ordre en phase. Ils ont alors montré la possibilité d’établir un état ordonné
et ont appliqué cette théorie à un superfluide où l’énergie thermique est « évacuée » par la
création de vortex. Ainsi on observe en dessous de la température critique TBKT que les
vortex de charge opposées n = +1 et n = −1 sont appariés puis au fur et mesure que la
température augmente, les paires se dissocient lorsqu’on se trouve au dessus de TBKT lais-
sant place à des vortex libres. Bien qu’il existe un coût en énergie associé à la formation
de ces défauts, celui-ci est contrebalancé par l’augmentation de l’entropie. Une deuxième
caractéristique du passage de l’état normal vers l’état superfluide est le saut de la densité
superfluide ns qui est définie à partir de la densité totale de particules dans le système n
= nth + ns avec nth la densité correspondante à la partie thermique. La transition survient
lorsque :

ns ≥ 4/λ2
th (I.37)

autrement dit pour une densité dans l’espace des phases Ds ≥ 4. Au dessus du seuil, le
système est caractérisé par une fonction de corrélation au premier ordre

g(1)(r) ∝ r−α (I.38)

qui décroit de manière algébrique en dessous de la température critique et où α = 1/Ds. Au
dessus de la température critique la fonction de corrélation au premier ordre est caractérisée
par une décroissance exponentielle de longueur caractéristique λth.

2. Il est considéré une interaction de contact pour faciliter les calculs
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I.4 Travaux antérieurs

Ce travail de thèse s’inscrit dans la continuité des trois projets de thèse qui ont précédés
et qui sont ici présentés de manière succincte.

I.4.1 Anneaux fragmentés

Le premiers résultats qui ont suivi l’élaboration du montage expérimental ont été obtenus
par M. Alloing qui a montré les premières preuves de la condensation des excitons par
l’étude d’anneaux fragmentés. L’hétérostructure utilisée ici contient un seul puits quantique
large où les charges sont injectées par un laser de pompe non-résonant à plus haute énergie
(641.5 nm). Sous l’effet du champ électrique appliqué sur la structure, les charges atteignent le
puits quantique. Le déséquilibre entre le nombre de trous et d’électrons capturés dans le puits
à cause de leur différence de masse effective, entraîne la création d’une région riche en trous
au voisinage de la zone excitée par le faisceau pompe (figure I.15). Des excitons dipolaires se
forment à l’intersection entre la zone riche en trous et le gaz d’électrons l’entourant, dessinant
alors un anneau tel qu’on peut le voir dans la figure I.16.a.

Electrode

+n -GaAs

Al Ga Asx 1-x

SQW

Al Ga Asx 1-x

Leakage current

V  <0g

-2D e  gas
in the SQW

-
More holes than e

captured in the SQW

  
Only holes left in
the excited area 

Excitons form where
-

holes and e  meet 

V g

641.5nm

Fig. I.15 Mécanisme de formation d’anneaux d’excitons dipolaires.

Grâce à un laser sonde, les auteurs ont pû explorer l’environnement électrostatique à la
périphérie de l’anneau et ont montré la présence d’îlots où, pour une même densité d’excitons,
l’intensité lumineuse était 20 fois plus faible, montrant ainsi qu’une population d’excitons
noirs était dominante. Les auteurs ont sondé la cohérence spatiale par des mesures interfé-
rométriques présentées en figure I.16 où les images (a - e) sont réalisées à 330 mK et de (f
- j) à une température de Tb = 7 K. Les images d’interférences sont réalisées en décalant
latéralement un bras de l’interferomètre par rapport à l’autre de 0, 1.4 et 2.4 µm. La pré-
sence de franges très claires en (e) et leur absence en (j) montre l’émergence d’un état avec
une longueur de cohérence excédant 10 fois la longueur d’onde thermique de de Broglie dans
la zone de faible luminescence. Cette observation est la signature de la condensation grise
d’excitons dans laquelle une partie brillante du condensat est couplée de manière cohérente
avec les excitons noirs.

Le manque de contrôle sur la densité et le piégeage des excitons a par la suite poussé les
auteurs à utiliser des électrodes de surface, ce qui s’est révélé être d’une importance cruciale
pour atteindre les densités requises pour la condensation sur l’ensemble du piège.
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Fig. I.16 (a,f) Image réelle d’un anneau fragmenté ; (b,g) image envoyée dans l’in-
terferomètre correspondant à la zone blanche dans l’image (a ou f). Les interféro-
grammes présentés de (c-e) et (h-j) sont enregistrés avec un décalage latéral d’un
des bras de l’interféromètre de 0, 1.4 et 2.4 µm respectivement à 330 mK et 7 K.

I.4.2 Mise en évidence du noircissement par mesures spectroscopiques

Les mesures spectroscopiques réalisées lors de la thèse de M. Beian ont également montré
des signatures de la condensation grise des excitons pour des températures en dessous de 1 K.
Ces expériences ont été menées dans des conditions légèrement différentes puisqu’il s’agissait
d’excitons dipolaires dont l’électron et le trou sont séparés dans deux puits quantiques et
confinés spatialement à l’aide de pièges électrostatiques formés par des électrodes déposées
en surface. Une large partie de cette thèse à été dédié au développement les techniques né-
cessaires pour l’application d’un champ électrique sur un échantillon de taille microscopique
(circuit imprimé, électrodes de surface).

Les mesures spectroscopiques ont été réalisées dans un piège circulaire de 10 µ m de
diamètre avec des tensions de grille de Vc = −4.8 V et Vg = −3.5 V en configuration de
piège profond. La figure I.17 montre les résultats où deux températures ont été étudiées : les
mesures en rouge sont prises à 330 mK,i.e. en dessous de la température critique attendue
pour la condensation, en bleu, au dessus de Tc. Pour ces deux températures, la densité totale
d’excitons dans le piège varie de manière équivalente puisque les deux déclins en énergie
se superposent comme on peut le voir figure I.17.a. En revanche, un écart notable se forme
dans les courbes d’intensité et d’intensité intégrée environ ∼150 ns après l’extinction du pulse
qui injecte les excitons dans le piège. Le temps de vie optique des excitons tend à saturer
lorsqu’on réduit la température (figure I.17.d) montrant le refroidissement effectif du gaz.
D’autre part, la diminution d’intensité à 0.34 K ne peut s’expliquer que par le peuplement
d’une fraction macroscopique d’excitons dans les états noirs.

I.4.3 Superfluidité et vorticité quantique

Dans la continuité des travaux présentés ci-dessus, la thèse de R. Anankine a apporté
des preuves supplémentaires de l’existence d’un seuil en température à partir duquel le gaz
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Fig. I.17 Caractéristiques de la photoluminescence en fonction de la densité d’ex-
citons présents dans le piège (a) énergie, (b) intensité, intégrée et (c) intensité. (d)
Temps de vie optique en fonction de la température du bain d’excitons.

d’excitons montre les propriétés de cohérence à la fois spatiale et temporelle attendues pour
un condensat gris . Tout d’abord, les mesures interférométriques par transformée de Fourier
ont révélées que le temps de cohérence était multiplié par 2 en dessous du seuil en température
(cf. I.18.b). Ce résultat a été confirmé par la détection d’un seuil en température identique
lors de mesures par interférométrie spatiale où un décalage latéral de 2 µm est introduit
entre les deux bras de l’interféromètre (cf. I.18.a).
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Fig. I.18 Seuils de cohérence spatiale (a) et temporelle (b) en fonction de la tem-
pérature du bain d’excitons.
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Fig. I.19 (a) Image réelle du nuage d’excitons en présence d’un défaut de densité
au centre, (b) et (c) sont les coupes horizontale et verticale faisant apparaître une
forte diminution d’intensité. (e) Image d’un défaut de densité qui ouvre une frange
lumineuse (d) simulation de l’interférogramme correspondant.
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Le deuxième volet des travaux de R. Anankine concerne l’observation de défauts de
densité qui, avec les propriétés de cohérence montrées précédemment, constituent la signa-
ture d’un état superfluide. Comme on peut le voir sur une image réelle du nuage d’excitons en
figure I.19.a, la photoluminescence présente un défaut en son centre, où les coupes horizon-
tales et verticales (b,c) révèlent une perte d’intensité de ∼ 50% aux positions marquées par
des tirets. Des mesures complémentaires ont montré que la nature de ses défauts conduisait
à un enroulement de la phase autour du défaut (figure I.19.e) en accord avec la simulation
en I.19.d signalant la nature quantique de ces défauts.

Dans le présent manuscrit, je me suis attachée à étudier plus en détail les défauts de
densité tels que présentés en figure I.19.a, en réalisant une étude statistique de leurs positons
et leur évolution en fonction de la densité d’excitons piégés ainsi que de la température. Ces
résultats, qui constituent le point de départ de mes travaux, seront présentés au chapitre 4.



Chapitre II
Techniques expérimentales

II.1 Échantillon
Durant ces travaux, deux échantillons de différentes provenances ont été étudiés. Tous

deux ont été fabriqués par des techniques de croissance par couches atomiques successives
appelée épitaxie par jets moléculaires. Le premier échantillon fabriqué au Centre de Na-
nosciences et Nanotechnologies (C2N) a permis l’observation de la transition Berezinskii-
Kosterlitz-Thouless. Le deuxième échantillon a, quant à lui, permis d’étudier en détail la
phase pré-superfluide qui précède l’établissement de la superfluidité au centre d’un piège
électrostatique.

II.1.1 Échantillon C2N

Le premier échantillon étudié a été fabriqué au sein du Centre de Nanosciences et Nano-
technologies (C2N), la croissance a été réalisée par A. Lemaître et C. Gomez Carbonell,
tandis que la lithographie électronique et les micro-soudures ont été réalisées respectivement
par E. Cambril et K. Merghem.

La structure globale de l’échantillon est constituée d’un dispositif à effet de champ com-
portant un double puits quantique placé à environ 1 µm de la surface. Les puits sont composés
d’arséniure de gallium (GaAs) et sont d’une épaisseur de 8 nm et le matériau barrière utilisé
pour séparer les deux puits, est l’arséniure de gallium dopé à l’aluminium (AlxGa1−xAs),
d’une épaisseur de 4 nm. La quantité d’aluminium dans les barrières donnée par le nombre
stœchimétrique x détermine la hauteur du gap en énergie [46]. Dans notre cas, x = 0.33, ce
qui correspond à une énergie de gap de 1.880 eV, donc une longueur d’onde d’absorption de
659.5 nm. L’énergie des excitons directs formés dans les puits de GaAs se trouve autour de
EDX = 794 nm.

La croissance des différentes couches s’effectue sur un substrat de n+-GaAs, c’est-à-dire
fortement dopé par des atomes de silicium, avec une concentration de l’ordre de 1018 cm−3.
Les atomes de silicium se comportent comme des atomes « donneurs » vis-à-vis des atomes de
gallium car ils possèdent un électron supplémentaire. Comme cet électron n’est pas impliqué
dans la formation de liaisons covalentes, il est donc libre et participe au transport du courant.
Une couche de n+-GaAs de 200 nm, dopé de la même manière que le substrat, joue le rôle
d’électrode de masse et est reliée à une électrode de surface par un contact diffusif d’indium.
Un super-réseau formé de 10 paires de GaAs/AlGaAs de 4 nm d’épaisseur chacune, permet
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de limiter les courants de fuite en capturant les électrons d’énergie élevée se déplaçant entre
les deux couches épaisses de n+-GaAs.

Pour le contact de surface, une couche de titane de 6 nm est préalablement déposée pour
une meilleure accroche, puis vient une couche d’or de 4 nm, toutes les deux recouvrant 5 nm
de GaAs qui protège la couche d’AlGaAs de l’oxydation. L’interface métal-semiconducteur
consitue une barrière Schottky qui bloque le passage des électrons. Sur cette même surface,
des motifs d’électrodes circulaires de différents diamètres sont dessinés par lithographie élec-
tronique dont la vue globale est représentée dans la figure II.2.b. Cette étape permet de
délimiter une électrode centrale et une électrode de garde, séparées par une barrière isolante
de 200 ou 400 nm, indispensables au piégeage des excitons [47, 48]. On note l’existence de
plusieurs types de géométries pour les électrodes de surface : forme de losange [49], d’étoile
[50], électrodes perforées [51] et trois électrodes [52].

Au cours de mes travaux, une problématique fondamentale et directement liée à la qualité
des échantillons est venue limiter la qualité des mesures. Ce problème, connu sous le nom
de diffusion spectrale est intrinsèquement lié à la quantité d’impuretés présentes dans le bâti
d’épitaxie. Elles entraînent un élargissement inhomogène de la raie de photoluminescence.
Son origine vient plus particulièrement des impuretés ionisées piégées aux hétéro-interfaces,
faisant varier le champ électrostatique avec lequel les excitons interagissent. Ces limitations
sont d’un intérêt d’autant plus fort que les objets fabriqués sont petits, comme dans le cas des
boîtes quantiques [53]. Une comparaison des performances spectrales des deux échantillons
est présentée en figure II.7 et sera discuté dans la section II.3.2.

II.1.2 Échantillon Princeton

Le deuxième échantillon étudié provient de l’équipe de L. Pfeiffer qui dirige le groupe
« High Electron Mobility Molecular Beam Epitaxy » du département d’ingénierie électrique
de l’université de Princeton. De renommée mondiale, ce groupe est spécialisé dans la fabri-
cation d’échantillons d’arséniure de gallium-aluminium pour des systèmes à haute mobilité
électronique.

La structure de cet échantillon est identique à celle présentée précédemment : deux puits
quantique de GaAs de 8 nm sont séparés par une barrière d’AlGaAs de 4 nm et entouré de
part et d’autre de couches d’AlxGa1−xAs avec x = 0.30. L’énergie des excitons directs est
légèrement différente de celle du premier échantillon et se trouve à EDX = 787.2 nm. Une des
différences notables avec le premier échantillon est la moindre distance entre le double puits
et la surface, réduite à environ 300 nm. On note que l’électrode de masse est constituée du
substrat de GaAs dopé ainsi de quelques couches voisines elles aussi dopées au silicium.

En terme de niveau d’impuretés et de mobilité des porteurs, cet échantillon montre
des performances bien meilleures que le précédent, comme le confirme les caractéristiques
spectrales enregistrées : les largeurs spectrales sont 2 fois plus petites en spectroscopie par
réseau sur des séries d’images moyennées et les temps de cohérence sont multipliés ×4 en
spectroscopie par transformée de Fourier. Les excitons ont aussi une mobilité accrue, si bien
que les pièges sont excités avec des spots plus petit ∼ 1 µm ce qui a l’avantage de moins
perturber le système et on observe que les excitons sont capables de diffuser sur toute la
surface des pièges de 20 µm.
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Fig. II.1 Structure des différentes couches composant l’échantillon provenant du
C2N (a) et de Princeton (b) réalisées par épitaxie par jets moléculaires. À gauche, les
doubles puits quantiques (Double Quantum Wells, DQW) sont situés à une distance
d’environ ∼ 1 µm de la surface et l’électrode de masse est décrochée du substrat
pour limiter les fluctuations du potentiel électrostatique. À droite, l’échantillon de
Princeton, où les doubles puits sont plus rapprochés de la surface. Ici, l’électrode
de masse est composée du substrat ainsi que des couches dopées en contact avec le
substrat.

Comme le premier échantillon, nous avons déposé des électrodes semi-transparentes à la
surface, par un dépôt métallique Ti/Au. Deux électrodes indépendantes sont dessinées par
lithographie électronique comme on peut le voir sur la figure II.2 (à gauche) et à plus grande
échelle sur l’image de droite. Ceci permet de définir deux électrodes indépendantes pour
contrôler le confinement les excitons. Les dépôts métalliques et la lithographie sont réalisés
dans la salle blanche de l’Université Paris Diderot, en collaboration avec S. Suffit.

II.2 Expérience de micro-photoluminescence

Le dispositif expérimental mis en place pour sonder la photoluminescence émise par les
excitons repose sur le principe de la microscopie. L’image de l’échantillon est agrandie d’un
facteur 100 environ, puis envoyée dans deux chemins possibles afin de sonder ses propriétés :

— Par spectroscopie résolue spatialement, l’image est envoyée sur la fente d’un spectromètre-
imageur permettant une analyse complète des informations concernant l’énergie de la
photoluminescence, son intensité, son intensité intégrée et cumulée ainsi que la largeur
spectrale.

— Par interférométrie, pour l’étude de la cohérence spatiale et temporelle. Elle permet
de déterminer expérimentalement la fonction de corrélation temporelle g(1)(t,δt) et
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Fig. II.2 Image de surface par microscopie électronique d’une électrode circulaire
de 20 µm (à gauche). En bleu l’électrode de centre sur laquelle on applique un
potentiel négatif Vc, en jaune l’électrode de garde (de tension appliquée Vg) sont
reliées à une source de tension. (b) Vue générale du dessin lithographié des 6 pads
(rectangles orange) qui contiennent chacun 8 électrodes circulaires de 10, 20 et 30
µm de diamètre et deux largeurs de barrière de 200 et 400 nm. De chaque pad
sortent deux connexions, une pour les électrodes centrales, l’autre pour la grande
électrode de garde et sont elle-mêmes connectées à des électrodes plus larges pour
réaliser les micro-soudures.

spatiale g(1)(r,δr).
Un système de refroidissement permet d’atteindre une température de base en dessous de
un kelvin. Une description compète est faite dans le paragraphe suivant.

II.2.1 Environnement cryogénique

La détection des excitons requière d’abaisser la température en dessous de quelques kelvin
afin de conserver les paires électron-trous liés (leur énergie de liaison étant de 3 à 5 meV). De
ce fait, il est nécessaire de refroidir l’échantillon, ce qui est rendu possible grâce à un cryostat
Oxford Instruments Heliox AC-V. Celui-ci possède une entrée optique avec un traitement de
surface passe-bande pour les longueurs d’onde comprises entre 600 et 900 nm. Ce cryostat
de type « one shot » permet de fonctionner à une température de base de 0.3 kelvin pendant
12 heures.

Plusieurs étages en température sont nécessaires pour atteindre la température de base.
La première étape permet de diminuer la température de l’hélium 4 liquide de 4.2 K à
environ 2.6 K grâce à un tube pulsé. Son principe de fonctionnement est basé sur un cycle de
Stirling inversé avec deux sources de chaleur : le milieu extérieur (source chaude) et l’hélium 4
(source froide). La compression s’effectue grâce à une onde acoustique permettant le transfert
thermique de chaleur de la source froide vers la source chaude. Le fonctionnement du tube
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pulsé permet donc de maintenir en continu une température de 2.6 K.

La deuxième étape se déroule en trois temps comme représenté sur la figure II.3. Un
interrupteur thermique (heat switch) permet d’établir un contact thermique entre l’hélium 3
stocké dans l’enceinte du cryostat, et un charbon actif (sorb) sur lequel viennent s’adsorber
les atomes. Une résistance placée à proximité de la sorb (sorption pump) est chauffée à
une température de 35 K (II.3 gauche) et permet de libérer les atomes 3He qui viennent se
condenser au fond de l’insert grâce à un flux de vapeur 3He descendant. Enfin, en relâchant
la contrainte en température de la sorb, celle-ci se refroidit, captant de nouveau les atomes
d’hélium 3 et renversant le flux de 3He. C’est ce processus final de pompage de vapeur
d’hélium 3 qui permet d’atteindre la température de base (II.3 droite).

Fig. II.3 Principe de fonctionnement d’un système de refroidissement par 3He avec
pompe à sorption. En phase de condensation (schéma de gauche), 3He est libéré par
la pompe et s’accumule en bas de l’insert avec une température d’environ 1.2 K. À
droite, 3He est cryo-sorbé et permet d’atteindre une température de base d’environ
0.3 K. Source :www.Oxford-instruments.com

Ce type de cryostat est particulièrement adapté pour les températures d’intérêt dans
l’étude des excitons, c’est-à-dire entre 0.3 et 2 K. La possibilité d’ajuster et de contrôler
finement la température avec une stabilité de ±3 mK en dessous de 2 Kelvin est également
un avantage. À noter également que la puissance de refroidissement atteint 100 mW à la
température de base. Un des rares inconvénients de l’appareillage reste la stabilité mécanique
qui est affectée par les vibrations du tube pulsé lors des cycles de compression/détente. Celle-
ci reste néanmoins de bonne qualité puisque nous mesurons une résolution spatiale de 1 µm.
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II.2.2 Dispositif pour le montage de l’échantillon

Pour des contraintes techniques mais également de modularité, nous avons fait le choix
d’utiliser des circuits imprimés (Printed Circuit Board, PCB) qui offrent la possibilité de
contacter électriquement un grand nombre de pistes avec un faible coût de fabrication. Le
design du circuit a été développé durant les travaux de thèse de M. Beian. Il permet une
utilisation simultanée de 16 pistes en courant continu (DC) et de 4 pistes radio-fréquences
(RF) reconnaissables sur la figure II.4 de gauche par des pistes ornées de part et d’autre de
trous appelés vias. La distance entre la piste et la masse que constitue le reste du PCB est
calculée précisément pour que l’impédance soit de 50 Ω comme pour la distance séparant
l’âme et la gaine d’un câble coaxial. Les connexions finales se font à l’aide de connecteurs de
type SMA. L’échantillon est placé au centre des terminaisons RF et DC grâce à une laque
d’argent qui a le double avantage de coller et d’assurer un bon contact électrique. Les derniers
contacts entre les pistes macroscopiques du PCB et de l’échantillon se font par micro-soudure
avec des fils d’or d’environ 20 µm de diamètre, comme on peut le voir sur la figure II.4.b.
À noter que les fils d’or de micro-soudures sont à l’origine d’une forte réflexion des signaux
électriques à cause du changement d’impédance. Des travaux liés à cette problématique ont
eu lieu au cours de cette thèse ; nous avons montré la possibilité de mettre en œuvre une
transition dans le GHz de l’énergie des excitons, sans induire d’échauffement de l’échantillon.
La technique mise en place ne requière pas d’adaptation d’impédance et repose uniquement
sur une compensation des signaux connaissant la fonction de transfert [54].

lignes RF

lignes DC

échantillon

connecteur SMA

(a) (b)

Fig. II.4 (a) Circuit imprimé pour le montage de l’échantillon composé de 4 pistes
RF ainsi que de 16 pistes DC. L’échantillon placé au centre est connecté électrique-
ment par micro-soudures de fils d’or (b).

Dans l’enceinte du cryostat, les fils connectant le PCB jusqu’à l’extérieur sont enroulés
le long de tiges. Ceci permet d’obtenir une grande surface de contact et assure une bonne
thermalisation des câbles conducteurs métalliques qui sont à l’une de leur extrémité à tempé-
rature ambiante. Les tensions DC sont appliquées grâce à un générateur de tension dont les
caractéristiques techniques sont présentées dans le paragraphe suivant. Pour le montage final,
le PCB est fixé sur un porte-échantillon en cuivre désoxygéné par une colle au germanium
permettant un bon contact thermique entre l’échantillon et la zone la plus froide du cryo-
stat. Un objectif de microscope placé sur une platine de translation et capable de se déplacer
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dans les trois directions de l’espace permet de focaliser l’excitation laser sur l’échantillon.
L’objectif possède une distance focale de 8.33 mm et une ouverture numérique de 0.40.

II.2.3 Équipements

Générateur de tension et mesureur de courant haute-précision Le champ élec-
trique extérieur nécessaire à la formation des excitons spatialement indirects est appliqué
sur l’électrode de surface grâce à un générateur de tension Keithley modèle 2614B pouvant
aller jusqu’à 20 V. Grâce à cet appareil, nous sommes capables de détecter le courant passant
à travers la structure de l’échantillon avec une précision de l’ordre de 10 pA. Dans un soucis
d’amélioration constante de l’expérience, nous avons pu mettre en avant un autre avantage de
l’appareil. En plaçant un filtre passe-bas avec une fréquence de coupure à 2 kHz nous avons
pu vérifier, dans une certaine mesure, l’absence de fluctuations électrostatiques pouvant pro-
venir de bruit haute-fréquence. À ce stade, aucun changement significatif des paramètres de
contrôle n’a été décelé, le générateur n’est donc pas à l’origine de bruit électronique.

Spectromètre imageur La photoluminescence émise par les excitons, d’abord agrandie
par deux télescopes successifs, est focalisée par une lentille de focale f = 200 mm sur l’entrée
de la fente du spectromètre (Princeton Instruments Acton SP2500) (voir figure II.5). Deux
modes d’acquisition sont possibles :

— en image réelle, la photoluminescence est directement envoyée sur le capteur CCD
(LaVision PicoStar-UF) et permet d’obtenir l’intensité en fonction des coordonnées
x et y de l’espace.

— en spectroscopie résolue spatialement, la fente d’entrée est fermée pour une meilleure
résolution spectrale, la lumière est diffractée par un réseau de 600 ou 1800 traits/mm
et permet d’atteindre une mesure des largeurs de raies de photoluminescence de res-
pectivement 400 et 80 µeV. On obtient dans ce cas aussi une image de l’intensité en
fonction de l’axe de la fente et de l’énergie.

Avant d’arriver sur la caméra CCD, la lumière est envoyée dans un photo-multiplicateur
qui accélère les photo-électrons grâce à deux électrodes polarisées entraînant par avalanche
la création d’autres photo-électrons qui viendront amplifier le signal initial. Enfin, les photo-
électrons arrivent sur une photocathode imagée par la caméra CCD qui possède des pixels
d’une taille de 13.9 µm.

Diode laser Le laser de pompe utilisé pour exciter les puits quantiques est une diode laser
continue Toptica DL 100 qui possède une plage de longueur d’onde comprise entre 785 et
810 nm et une largeur spectrale de ∆ν = 100 kHz. La puissance maximale de sortie est
de 80 mW et varie très légèrement selon la longueur d’onde choisie. Dans le cadre de nos
expériences, nous nous plaçons à une longueur d’onde de 794 nm qui correspond à l’énergie
de la transition n = 1 des puits de GaAs. D’un point de vue expérimental, il est important de
vérifier que le laser est mono mode afin d’assurer que l’excitation est strictement résonante.

Modulateurs acousto-optique et électro-optique Ces appareils sont nécessaires pour
façonner un pulse laser, à partir d’une source laser continue. Le modulateur acousto-optique
(acousto-optical modulator, AOM) Crystal Technologies Inc., fonctionne sur le principe d’un
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Fig. II.5 Expérience de micro-photoluminescence. En haut, une photographie pré-
sente les principaux éléments. En bas, une représentation schématique des différents
modules. Après le module d’agrandissement, plusieurs possibilités s’offrent à l’uti-
lisateur en orientant la photoluminescence avec des miroirs amovibles : (M2) étude
des images réelles, (M3) spectroscopie ou (M4) interférométrie.
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oscillateur piézo-électrique qui génère une onde acoustique, entrainant des variations d’in-
dice au sein du milieu. Ceci provoque la diffraction du rayon incident selon plusieurs ordres.
En récupérant l’ordre 1 diffracté, on obtient donc un faisceau haché à la fréquence de vi-
bration appliquée sur le cristal. L’avantage de cet appareil est qu’il permet une extinction
totale mais son régime transitoire d’allumage/d’extinction présente un temps caractéristique
relativement long (∼ 10 ns) ce qui rend les flancs du pulse plus larges qu’attendu.

Le modulateur electro-optique (electro-optical modulator, EOM) Jenoptik utilise l’effet
Pockels, c’est-à-dire la génération ou la modification de la biréfringence d’un milieu suite
à l’application d’un champ électrique. Il possède un temps d’allumage et d’extinction très
court, autour de la nanoseconde mais possède des rebonds parasites hors du pulse, ce qui
restreint la qualité de l’extinction du laser de pompe. Par conséquent, les deux modulateurs
sont montés en série pour allier leurs avantages respectifs et obtenir un extinction la plus
nette possible.

Séquenceur Le séquenceur est un élément essentiel pour mettre en place nos expériences
pulsées. Il permet de définir le taux de répétition de la séquence de mesure qui varie de 1
à 2 MHz. Il déclenche avec une précision de l’ordre de la nanoseconde le pulse d’excitation
laser régit par les modulateurs électro-optiques et acousto-optiques ainsi que l’ouverture de
la caméra.

II.2.4 Séquence de mesure
Pour limiter au maximum la quantité de charges photo-injectées par le laser de pompe,

nous avons fait le choix de travailler en régime impulsionnel. La séquence de mesure, sché-
matisée dans la figure II.6, est constituée d’un pulse laser et d’une détection pouvant balayer
différents délais après l’extinction du laser d’injection. Le pulse laser d’une durée de 100 ns
et mis en forme par les modulateurs AOM et EOM. Le temps de collecte par le capteur CCD
peut s’ajuster en variant la durée d’ouverture de la caméra, typiquement de 10 ns. Cette
séquence est répétée à une fréquence de 1.5 MHz.

Comme représenté sur la figure II.6 le laser de pompe, résonant avec la transition des
puits, est focalisé grâce à l’objectif de microscope sur l’électrode centrale semi-transparente.
Les deux électrodes de surface auxquelles sont appliquées une tension négative, sont reliées à
l’électrode de masse que constitue le substrat de GaAs dopé. Soumis à un champ électrique
externe, les bandes de valence et de conduction sont désormais inclinées, provoquant un
passage tunnel vers l’état d’énergie minimal, formant alors des excitons spatialement indirects
comme présenté en section I.2.1. En appliquant un potentiel sur l’électrode du centre |VC |
supérieur à celui de l’électrode de garde |VG| on crée un potentiel de confinement pour piéger
spatialement ces excitons. La forme (parabolique) et les caractéristiques de ce potentiel seront
décrites en détail dans les chapitres suivants et seront d’un intérêt crucial pour la description
théorique de nos expériences.

II.3 Mesures spectroscopiques
Une technique fondamentale pour sonder les propriétés des excitons est la spectroscopie.

Dans cette section seront présentées les performances du premier échantillon avant de montrer
les améliorations apportées par la nouvelle génération d’échantillon.
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Fig. II.6 (a) Schéma de l’échantillon : hétérostructure semiconductrice compor-
tant un double puits quantique, deux électrodes de surface permettent de polariser
la structure en inverse (VC /VG < 0 avec |VC | > |VG|) créant un potentiel de confi-
nement (pointillés en bleu). Un laser de pompe ajusté à l’énergie de la transition
des puits (794 nm) crée les paires électron-trous. Les charges opposés sont piégées
dans deux plans séparés (zoom à gauche) formant des dipôles alignés selon l’axe de
croissance. (b) Séquence de mesure.

II.3.1 Mesures stroboscopiques

L’acquisition de spectre avec de long temps d’exposition provoque un élargissement in-
évitable de la raie de photoluminescence qui atteint alors quelques centaines de µeV et ne
permet pas de bien résoudre spectralement l’émission issue des excitons seuls [15]. Nous
avons donc opté pour une procédure de mesure ou les temps d’exposition sont réduits à leur
maximum, tout en gardant un niveau du rapport signal-sur-bruit suffisant. En contrepartie,
on augmente le nombre d’acquisitions. De cette manière, on sonde la luminescence sur un
temps relativement court pour s’affranchir de la diffusion spectrale, d’où le nom de mesure
par stroboscopie.

Lors des mesures par spectroscopie, on acquière des spectres résolus spatialement où on
lit en fonction de la position le long de l’axe de la fente, l’énergie de l’émission. En réalisant
des coupes, on extrait tous les paramètres pertinents en fonction de la position dans le piège
dipolaire :
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— Énergie et blueshift, sont des paramètres utiles pour déterminer la densité totale
d’excitons présents dans le piège. Bien que les excitons noirs ne soient pas détectables
par mesure de leur luminescence, ils participent néanmoins à l’énergie totale du sys-
tème EX = −d · F + u0nx où le premier terme correspond à l’énergie d’interaction
entre le champ extérieur F et le moment dipolaire d de l’exciton, le deuxième terme
étant le blueshift dû aux interactions répulsives entre les dipôles des excitons (dans
un modèle au 1er ordre, cf. figure I.7). La mesure du blueshift est donc obtenue en
prenant la différence d’énergie entre les délais où le piège est très dilué avec l’énergie
au temps t considéré et renseigne donc sur la densité d’excitons présents au temps t.

— Intensité et intensité intégrée permettent de déduire la proportion d’excitons
brillants, qui sont les seuls à participer à l’émission de lumière. Pour un spectre
résolu spatialement, on détermine alors les zones peuplées d’excitons brillants, puis
en réalisant une coupe, on associe l’intensité à la valeur maximale du pic. En compa-
rant l’intensité des pics pour différentes réalisations et diverses densité dans le piège,
on se renseigne sur la quantité relative d’excitons brillants. D’autre part, l’aire sous
la courbe d’un spectre définit l’intensité intégrée et permet de calculer la quantité
d’excitons brillants émis à toutes les énergies.

— Largeur spectrale, paramètre déterminant pour qualifier la qualité du système.
L’inverse de la largeur de raie est proportionnel au temps que passent les excitons
optiquement actifs, proches de l’état d’impulsion nulle dans la zone radiative. Si on
fait l’hypothèse d’un état condensé, toutes les particules se trouvent dans le même
état d’énergie minimal, ce qui se traduit par un rétrécissement de la largeur de raie.
Divers facteurs peuvent également entrer en jeu, comme l’élargissement inhomogène
discuté précédemment, ou encore la présence de charges libres qui entraîne une raie
asymétrique, élargie du côté des basses énergies [55].

L’analyse statistique des paramètres pertinents en fonction de la position et du remplis-
sage du piège (i.e. pour différentes densités) permet de réaliser des moyennes et d’évaluer
le niveau de diffusion spectrale résiduel par l’écart-type des mesures. Enfin, en corrélant les
mesures spectroscopiques réalisées pour différentes températures avec les mesures interféro-
métriques, on obtient un aperçu réaliste de l’état du gaz d’excitons.

II.3.2 État de l’art et améliorations

État de l’art Au cours des travaux de thèse précédents, réalisés par M. Beian et R.
Anankine, un effort important a été fourni pour constamment améliorer les performances
spectrales des gaz d’excitons piégés. L’utilisation de méthodes stroboscopiques a constitué
un progrès majeur pour mieux sonder la qualité du gaz. Les paramètres expérimentaux qui
peuvent être variés à cette fin, sont :

— le taux de répétition de la séquence de mesure ;
— la puissance d’excitation ;
— le temps d’exposition ;
— les valeurs de tension de grille.

Les conditions à remplir pour obtenir un environnement stable favorable à l’émergence d’un
condensat de Bose-Einstein sont tout d’abord : une densité suffisamment grande d’excitons,
de l’ordre de ∼ 3·1010 cm−2 et un niveau négligeable de porteurs libres, i.e. un photo-courant
passant à travers la structure le plus faible possible afin d’éviter les interactions entre les
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charges et les excitons indirects qui entraînent un élargissement de la raie. Les paramètres de
tension de grille répondant à ces critères sont VC = VG, un piège « plat », avec une puissance
d’excitation de Pex= 1.5 µW la valeur moyenne de la largeur spectrale atteint 0.7 meV voire
0.5 meV pour les spectres les plus fins.

Améliorations La nouvelle génération d’échantillons fournie par le groupe de Princeton
nous a permis d’améliorer grandement les performances spectrales, une amélioration que
nous attribuons à une forte réduction du niveau d’impuretés chargées dans la structure.
Une comparaison entre les deux échantillons est présentée en figure II.7.a . Dans la partie
haute de la figure, deux quantités sont comparées : l’énergie et la largeur à mi-hauteur (Full
Width at Half Maximum, FWHM) des spectres de photoluminescence, en bleu les données de
l’échantillon 1 pour un délai après l’extinction laser, en rouge le nouvel échantillon pour deux
délais successifs. En comparant les échelles, on remarque en premier lieu que la dispersion
des courbes bleues sont nettement plus grandes : 0.3 meV (bleu) contre 0.1 meV (rouge)
pour l’énergie et la FWHM. La largeur de raie moyenne est presque divisée par deux dans
le nouvel échantillon.

Bien que l’on observe une amélioration des largeurs de spectres pour l’échantillon 2, nous
sommes toujours affectés par l’effet de diffusion spectrale. Comme on peut le constater sur les
exemples de spectres présentés en figure II.7.b, les fluctuations entraînent le dédoublement
voire le triplement des pics. Pour illustrer les performance du nouvel échantillon, quatre
spectres résolus spatialement sont présentés en II.7.c, mesurés à 4 températures différentes.
Les quatre spectres sont mesurés pour une même densité d’excitons dans le piège pour
lesquels on remarque clairement l’élargissement de la largeur de raie avec la température.

II.4 Mesures interférométriques

La deuxième technique largement utilisée pour sonder les propriétés de la photolumines-
cence est l’interférométrie. Elle nous est utile pour déterminer les propriétés de cohérence
temporelle et spatiale du gaz d’excitons. Une description générale du montage, qui repose sur
un interféromètre de Mach-Zehnder, sera présentée. Nous discuterons ensuite de la méthode
de mesure où, une différence de marche longitudinale, permet de sonder les propriétés de
cohérence temporelle, tandis qu’un décalage latéral entre les deux bras de l’interféromètre
permet de sonder la cohérence spatiale entre deux points distincts du gaz.

II.4.1 Interféromètre de Mach-Zehnder

Le schéma du dispositif est représenté en figure II.8. L’entrée de l’interféromètre est
indiquée par la flèche blanche à droite. Un premier cube sépare la photoluminescence qui
passe à travers deux bras distincts : un premier bras est dit « fixe », le second est dit
« mobile » puisqu’il comporte une platine de translation micrométrique permettant de faire
varier la différence de marche δL. Un deuxième cube recombine les deux bras pour donner une
figure d’interférence. Afin d’observer des franges d’interférence horizontales, il est nécessaire
d’incliner un des miroirs d’un angle α dans le plan yz entre les deux images, comme représenté
en bas à gauche de la figure II.8. L’interfrange i dépend de l’angle α imposé par un miroir
du bras fixe mais également de la longueur d’onde i = λ

2 sinα .
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Fig. II.7 Illustration de la diffusion spectrale. (a) Comparaison de la dispersion
des valeurs en énergie et en largeur de raie (FWHM) entre les deux générations
d’échantillons. En bleu : échantillon du C2N, en rouge : échantillon de Princeton. (b)
Exemples de spectres obtenus avec la seconde génération d’échantillon. La diffusion
spectrale, toujours présente, se manifeste par une multiplication des pics. Au dessus
de chaque spectre est indiquée la valeur de la largeur de raie détectée par analyse
automatique. La ligne pointillée noire est un ajustement lorentzien d’un pic unique
permettant de mettre en évidence des largeurs de raie plus étroites. (c) Spectres
résolus spatialement avec l’échantillon 2 pour 4 températures (0.33, 0.75, 1.3 et 1.75
K).
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L’intensité mesurée à la sortie de l’interféromètre pour un décalage latéral δx et un retard
temporel δt a pour expression

Iout = 〈|ψ0(r,t) + ψ0(r + δr,t+ δt)ei(qαz+φt+φ)|2〉t (II.1)
où qα est la fréquence spatiale des franges induites par l’angle α, φt = 2π2δL

λ est la différence
de phase entre les deux chemins de l’interféromètre et φ une phase aléatoire. Si on connait
l’intensité des deux bras de l’interféromètre I1 = 〈|ψ0(r,t)|2〉t et I2 = 〈|ψ0(r,δx,t,δt)|2〉t, on
peut alors définir l’intensité normalisée de la figure d’interférence qui peut s’écrire comme :

Iint =Iout − I1 − I2√
I1I2

(II.2)

=|g(1)(r,δx,δt)| cos (qαz + ϕt + Φr,δx,δt + ϕ) (II.3)

Le contraste des franges mesuré donne alors accès à la norme de la fonction de corrélation
au 1er ordre, définie comme :

g(1)(r,δr,t,δt) = 〈ψ∗0(r,t)ψ0(r + δr,t+ δt)〉t√
〈|ψ0(r,t)|2〉t〈|ψ0(r + δr,t+ δt)|2〉t

(II.4)

avec ψ0(r,t) la fonction d’onde des excitons brillants. Elle quantifie les corrélations existantes
entre deux points de la source en r et r + δr (cohérence spatiale) ou entre deux instants
différents t et t+ δt pour un même point source (cohérence temporelle). Elle est déterminée
expérimentalement par le contraste des franges d’interférence.

II.4.2 Interférométrie spatiale et temporelle
Spectroscopie par transformée de Fourier Comme décrit précédemment, la diffusion
spectrale est une limitation forte des mesures réalisées par spectroscopie via un réseau de
diffraction. Nous allons voir que la spectroscopie par transformée de Fourier est une technique
de mesure qui permet de s’affranchir un peu plus (mais pas complètement) de cette difficulté.

Les mesures de cohérence temporelle sont réalisées en superposant deux images tempo-
rellement décalées de t et t+δt. En bougeant la platine de translation de δL, on introduit une
différence de marche de 2δL ; la lumière se propageant dans le bras mobile effectue alors un
chemin plus long, entraînant un retard temporel δt = 2δL/c avec c la célérité de la lumière
dans l’air. L’acquisition du profil de |g(1)| (équivalent au contraste des franges) en fonction du
retard δt de l’interféromètre permet de déduire le temps de cohérence τc du gaz d’excitons.
Autrement dit, si le retard dans l’interféromètre est supérieur au temps de cohérence (δt >
τc), les franges d’interférence deviennent brouillées : les deux fronts d’onde sont incohérents.

Un grand avantage des mesures interférométriques en comparaison des mesures spectro-
scopiques est qu’elles demandent un temps d’acquisition plus court et sont donc moins im-
pactées par l’élargissement inhomogène. Les temps de cohérence mesurés, et par conséquent
les largeurs de raie, sont mieux résolus. Elle met également en évidence les différentes com-
posantes du spectre, très distinguables dans les échantillons de Princeton, qui présentent une
partie gaussienne et une partie exponentielle. En vertu du théorème de Wiener-Khintchine :
« La transformée de Fourier de la fonction d’autocorrélation du signal est égale à sa densité
spectrale en énergie » ce qui permet de d’accéder à la forme du spectre par une deuxième
technique. Les résultats correspondants seront présentés dans le dernier chapitre.
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Fig. II.8 Schéma de l’interféromètre de Mach-Zehnder. La photoluminescence (en
orange) est divisée puis recombinée grâce à deux cubes. Une différence de marche
longitudinale est introduite par une platine de translation. Le montage est stabilisé
par un laser passant à travers le dispositif et relié à un régulateur contrôlant la
position d’un miroir fixé à un transducteur piézoélectrique.
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Interférométrie spatiale Le mesures de cohérence spatiales sont réalisées avec un retard
temporel nul δt = 0 et un décalage spatial selon l’axe Ox tel que représenté dans la figure II.8
partie du bas. Elle consiste à faire interférer deux points du nuage d’excitons séparés d’une
distance δx d’environ 2 µm. Ce choix est motivé par une stabilité mécanique qui nous donne
une résolution ∼1 µm mais également par le fait que seule la partie centrale formée par un
disque ∼ 5 µm peut potentiellement se trouver dans un état condensé et donc présente une
cohérence à longue portée. De ces conditions, il vient que δx doit être compris entre 1 µm et
2.5 µm au maximum. Expérimentalement, ce décalage est introduit à l’aide des deux miroirs
du bras fixe par la technique de « beam walking ». En se basant sur les images de surface
que l’on peut voir à travers chaque bras de l’interféromètre, on mesure le décalage δx.

Ces mesures requièrent un grand niveau de stabilité puisqu’il est nécessaire de maintenir
le δx et δL constants. Pour ce faire, un laser de stabilisation à λstab= 640 nm est envoyé à
travers l’interféromètre et récupéré par une photodiode fibrée qui transmet la valeur de l’in-
tensité à un système d’asservissement. Une boucle de rétroaction (Proportionelle-Intégrale,
PI) compare la valeur récupérée par la photodiode à une valeur de consigne fixée par l’uti-
lisateur (ligne pointillée verte sur le schéma II.8). Un miroir fixé sur un transducteur pié-
zoélectrique permet d’ajuster continuellement la différence de marche en faisant varier δl,
comme représenté sur la figure II.8. Grâce à la stabilisation, on contrôle la variation de la
différence de marche avec une précision de λstab/30.

II.5 Régime de mesure

II.5.1 Paramètres électriques

Les valeurs de tensions de grille appliquées respectivement sur les électrodes du centre et
de garde doivent être choisies rigoureusement puisqu’elles contrôlent la qualité du gaz piégé.
Dans la figure II.9 est présentée la cartographie des paramètres pertinents pour l’échantillon
2, qui nous a permis de faire le choix du meilleur couple de paramètre VC/VG (la même
cartographie pour l’échantillon 1 est présentée dans la thèse de M. Beian [13]). Trois zones
sont à distinguer :

— Piège plat (VC = VG). Ce sont les valeurs se trouvant le long de la diagonale.
L’intensité des spectres y est la plus élevée tout comme les largeurs de raies.

— Piège profond (|VC | > |VG|). Elle correspond à la partie sous-diagonale. Dans cette
configuration, les excitons sont fortement piégés et leur largeur spectrale très petites.

— Piège élevé (|VC | < |VG|). Elle correspond à la partie sur-diagonale. Les excitons y
sont moins bien piégés.

Au regard de ces résultats, nous avons choisi de travailler dans la partie sous-diagonale,
tout en restant proche de la diagonale. C’est en effet la zone qui présente les caractéristiques
expérimentales les plus favorables : l’intensité et l’intensité intégrée y sont relativement
élevées, ce qui permet de diminuer les temps d’acquisition tout en gardant un bon rapport
signal-sur-bruit, les largeurs spectrales se trouvent en moyenne aux alentours de 300 µeV,
le courant passant à travers la structure est faible et la configuration en « piège » permet
d’atteindre les densités requises pour obtenir un condensat.
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Fig. II.9 Cartographie des tensions de grille appliquées pour un retard fixe après
l’extinction du pulse laser de 120 ns. Mesures effectuées sur un piège de 20 µm
grâce à un réseau de 1800 traits/mm. Le long de la diagonale VC = VG, la sous-
diagonale correspond à la configuration de « piège » |VC | > |VG| et la sur-diagonale
correspond au piège élevé |VC | < |VG|.

II.6 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons exposé les caractéristiques des deux échantillons qui ont

permis l’obtention des résultats présentés dans cette thèse. Nous avons présenté le dispositif
expérimental développé pour sonder la lumière émise par les excitons, confinés dans un piège
électrostatique de 10 à 20 µm. Deux types de mesures sont mises en place pour étudier les
propriétés du gaz d’excitons : la spectroscopie et l’interférométrie. Enfin, nous avons discuté
des améliorations expérimentales apportées durant ce travail par l’utilisation d’un nouvel
échantillon, de techniques de mesures adaptées (stroboscopie) ainsi que l’optimisation des
paramètres expérimentaux.
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Chapitre III
Transition Berezinskii-Kosterlitz-Thouless

L’objectif de ce chapitre est de présenter plus en détail la transition Berezinskii-Kosterlitz-
Thouless (BKT) qui survient exclusivement à deux dimensions, dans une variété de systèmes
aussi bien classiques que quantiques.

Dans une première partie III.1 sera discutée la perte d’ordre à longue portée qui survient
dans les systèmes de basse dimension en utilisant l’argument proposé par Peierls, puis
de manière plus rigoureuse avec une chaîne d’atomes soumise aux excitations de ses modes
propres, les phonons. Nous verrons également que la perte d’ordre persiste même à T = 0 en
raison des fluctuations quantiques. Puis, en faisant un parallèle avec la transition de phase
ordre-désordre dans les systèmes magnétiques, on montrera en quoi la transition BKT est
différente des transitions de phase connues dans des systèmes à trois dimensions.

La section III.2, sera consacrée à la description détaillée de l’état superfluide, qui corres-
pond à l’état ordonné du système, par opposition à l’état « normal » qui est désordonné. Le
lien entre superfluidité et condensation de Bose sera mis en évidence à travers la fonction
d’onde du condensat et nous montrerons que les fluctuations thermiques sont à l’origine de
nucléation de défauts topologiques dans le superfluide. La troisième partie III.3 s’attachera
à présenter l’origine microscopique du mécanisme BKT, dû à la présence de défauts topo-
logiques qui prolifèrent en dessous d’une densité totale critique dans l’espace des phases et
s’apparient au-dessus de ce seuil. Dans ce dernier régime, le système peut restaurer l’ordre
qui est désormais à quasi-longue portée et caractérisé par une lente décroissance des cor-
rélations. Ce comportement typique a fait l’objet d’études expérimentales menées avec des
gaz d’atomes froids et des excitons-polaritons dont les expériences sont présentées dans la
dernière partie III.4.

III.1 Ordre dans les systèmes de basse dimension

III.1.1 L’argument de Peierls

Historiquement, c’est Peierls qui, en 1934, a mis en évidence la perte d’ordre dans les
systèmes de basse dimension [56]. Pour cela, il a considéré une chaîne d’atomes de paramètre
de maille a, comme représentée en figure III.1, dans laquelle la position de l’atome 0 est
fixée. Les atomes sont liés entre eux uniquement par leur voisin de gauche, c’est-à-dire que
l’atome 1 est lié à l’atome 0 et l’atome 2 est lié à l’atome 1, etc.

49
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atome 0
atome 1

atome 2
atome 3

0 a 2a 3a
Fig. III.1 Empilement de dislocations : les atomes sont reliés à l’atome se trouvant
à leur gauche et oscillent autour de leur position d’équilibre à cause des fluctuations
thermiques.

Chaque atome est soumis aux fluctuations thermiques et oscille autour de sa position
d’équilibre d’une quantité δj (avec j un entier qui correspond à la position du jème atome),
de sorte que la variation moyenne de l’écart par rapport à la position d’équilibre est nulle
〈δj〉 = 0 et l’écart quadratique moyen est proportionnel au rapport de l’énergie thermique
sur la raideur κ du ressort fictif qui lie l’atome j à son voisin de gauche : 〈δ2

j 〉 ∼ kBT/κ. La
position de l’atome 1 s’exprime comme

x1 = x0 + a+ δ1 (III.1)

et la position d’un atome j quelconque est donnée par

xj = xj−1 + ja+ ∆j (III.2)

Comme les atomes sont idéalement considérés comme non liés à leur voisin de droite (ce
qui leur vaut le nom d’empilement de dislocations), les fluctuations de chaque atome sont
indépendantes entre elles et l’écart-type sur la distance séparant l’atome 0 d’un atome j
quelconque peut s’exprimer comme la somme

∆j = δ1 + δ2 + ...+ δj (III.3)

La variance sur la position d’un atome j quelconque de la chaîne vaut ainsi

〈∆2
j 〉 ∼

kBT

κ
j (III.4)

Les fluctuations sur la distance entre l’atome 0 et j évoluent donc comme
√
j. Par ce rai-

sonnement simple on met en évidence une perte d’ordre cristallin lorsque l’incertitude sur la
position devient supérieure au paramètre de maille, i.e quand 〈∆2

j 〉 ≥ a2. On remarque que
plus la température augmente, plus les fluctuations thermiques sont élevées et la disparition
de l’ordre s’opère sur une distance courte. À noter que même pour une température très
faible, l’effet a bien lieu si on considère une distance suffisamment grande.

Nous avons traité ici le cas à une dimension où la perte d’ordre, i.e. 〈∆2
j 〉, évolue linéai-

rement avec la distance depuis l’origine (l’atome 0). En revanche, à deux dimensions, elle
est logarithmique tandis qu’à 3 dimensions, elle atteint une valeur finie. L’effet de la dimen-
sionalité est donc d’une importance cruciale. En effet, à 3 dimensions pour un atome 0 fixé,
il possède 6 voisins qui doivent avoir des fluctuations dans la même direction pour avoir un
effet notable sur l’atome 0 ce qui rend moins probable la perte d’ordre. Une conclusion simi-
laire est présentée dans le dernier chapitre de l’ouvrage consacré à la Physique Statistique
de Landau et Lifshitz [57].
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Néanmoins, l’argument de Peierls sur la chaîne à une dimension ne prend pas en compte
le fait que chaque atome est aussi influencé par la présence de son voisin de droite. Une étude
plus complète est donc nécessaire pour démontrer le résultat précédent de manière rigoureuse.

III.1.2 Cristal harmonique classique 1D
Dans ce paragraphe, on considère désormais une chaîne où les atomes sont liés à la fois par

la gauche et la droite. Ce développement s’inspire largement du cours de J. Dalibard, donné
au Collège de France en 2017, dans la série d’enseignements sur les « Fluides quantiques de
basse dimension et la transition de Kosterlitz-Thouless », chapitre 1 [58]. Nous allons ainsi
montrer à l’aide du modèle du cristal harmonique par un traitement classique que l’ordre à
longue portée n’est pas préservé à une dimension.

On considère pour cela une chaîne d’atomes avec des conditions aux limites périodiques,
l’atome 0 étant le même que l’atome N (voir figure III.2). L’énergie du système vaut :

E =
N∑
j=1

1
2mu̇

2
j + κ

2 (uj+1 − uj)2 (III.5)

avec uj l’écart de l’atome j par rapport à sa position d’équilibre Xj .

n

n+1

n-1

un+1

un-1

a

Xn+2

un

0 =N

Fig. III.2 Chaîne d’atomes liés à leur plus proches voisins par une force de rappel
de constante de raideur κ. Les positions d’équilibre sont notées Xj et les déplace-
ments notés uj . Les conditions aux limites périodiques imposent que l’atome 0 est
confondu avec l’atome N.

Les équations du mouvement donnent lieu à un système de N équations couplées,

müj = κ(uj+1 − 2uj + uj−1) (III.6)

dont les solutions sont les modes propres du système que l’on appelle phonons. Ces modes
s’écrivent

ûj = 1√
N

∑
j

e−ikXjuj avec k = −π
a
,...,− 2π

Na
,0, 2π
Na

,...,
π

a
(III.7)
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Il y a donc N modes de vibration qui sont peuplés de manière équivalente en vertu du
théorème d’équipartition de l’énergie (pour un traitement classique). Il existe alors des modes
à haute énergie où les atomes vibrent indépendamment de leur voisin. Calculons alors la
corrélation entre le déplacement de l’atome j et celui de l’atome 0. En prenant la transformée
de Fourier de ûk on obtient la position

uj − u0 = 1√
N

∑
k

(eikXj − 1)uk (III.8)

puis en prenant le carré et la valeur moyenne

〈(uj − u0)2〉 = 4
N

∑
k

sin2(kXj/2)〈|ûk|2〉 (III.9)

=kBT

m

4
N

∑
k

sin2(kXj/2)
ω2
k

(III.10)

Nous ne détaillons pas ici le calcul de cette somme qui dans un premier temps consiste au
passage à une intégrale 1. Notons seulement qu’il conduit à montrer une divergence linéaire
de 〈(uj − u0)2〉 avec j. La conclusion qui vient est que l’ordre à longue portée est perdu et
que la variance vaut

〈(uj − u0)2〉 = kBT

κ
j (III.11)

en accord avec le résultat annoncé par Peierls. À noter que les modes de vibrations im-
pliqués dans la perte d’ordre sont ceux pour lesquels la longueur d’onde est de l’ordre de la
distance entre les atomes.

III.1.3 Fluctuations quantiques
Pour aller au delà des considérations classiques, on peut également étudier comment

le résultat précédent est modifié si on prend en compte l’effet des fluctuations quantiques.
Comme celles-ci sont présentes à toutes les températures, on se place à T = 0 pour simplifier
l’analyse. Les fluctuations quantiques trouvent leur origine dans le principe d’incertitude
d’Heisenberg : ∆E∆t ≥ ~/2, autrement dit, il existe une incertitude sur l’énergie des niveaux
si on considère des temps très courts.

Comme précédemment, modélisons le système par une chaîne d’atomes, comme pré-
cédemment, mais cette fois-ci, on représente chaque atome par un oscillateur harmonique
quantique avec des niveaux d’énergie séparés de ~ω/2. L’énergie potentielle du système vaut
alors :

1
2mω

2
k〈|ûk|2〉 = 1

4~ωk (III.12)

Nous ne détaillerons pas ici le détail du calcul qui est très bien présenté dans le cours de J.
Dalibard. On donne seulement l’expression de la variance de la longueur entre l’atome j
et l’atome 0,

〈(uj − u0)2〉 ∼ a2
oh
π

ln(Xj/a), (III.13)

ce qui signifie que même à température nulle, les effets quantiques ne permettent pas d’établir
un ordre à longue portée.

1. Ce calcul est réalisé dans le cours 2017 de J.Dalibard au collège de France, chapitre 1
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III.1.4 Ordre et désordre dans les systèmes magnétiques

Nous allons nous appuyer sur quelques rappels de base sur les transitions de phase pour
mieux appréhender les particularités de la transition BKT. Pour cela, nous allons étudier la
transition ordre-désordre dans des systèmes magnétiques, précisément la transition d’un état
ferromagnétique vers un état paramagnétique, qui a lieu lors du passage par la température
critique Tc, dite de Curie.

Dans la transition ferromagnétique-paramagnétique, on distingue deux phases que l’on
caractérise à l’aide des paramètres suivant :

1. L’aimantation M qui est la moyenne des moments magnétiques m : M = 1
N

∑
i mi

2. La fonction de corrélation G1 = 〈m(r)m(0)〉.

En fonction de la température du système (par rapport à la température de Curie Tc) on
observe deux phases distinctes :

— Pour T > Tc, le système est dans la phase désordonnée, les moments magnétiques
s’orientent aléatoirement, l’aimantation M est nulle et la fonction de corrélation dé-
croît exponentiellement.

— Pour T < Tc, la phase ordonnée apparaît : la proportion de moment magnétiques
qui s’alignent selon la même direction augmente quand on diminue la température,
l’aimantation est maximale à T = 0 et la fonction de corrélation est une constante.

Ces deux phases sont représentées dans la figure III.3 qui donne l’évolution de l’aimantation
en fonction de la température. L’aimantation constitue le paramètre d’ordre de la transition
ferromagnétique-paramagnétique car il caractérise la perte de symétrie du système : il est nul
à haute température et non nul à basse température, brisant l’isotropie du système. Dans un
film magnétique 2D, l’aimantation est d’ordre n = 2 puisqu’il s’agit d’un vecteur contraint
dans le plan. Connaissant la dimensionalité du système et l’ordre n du paramètre d’ordre,
on peut donc définir la classe d’universalité de la transition.

Tc

M

T

Ordonné

Désordonné

m(r)m(0)  =cst

m(r)m(0)  =exp(-r/ξ)

Fig. III.3 Evolution de l’aimantation durant la transition ferromagnétique-
paramagnétique. Dans la phase désordonnée le système est caractérisé par une
décroissance exponentielle de la fonction de corrélation tandis qu’elle est constante
dans la phase ordonnée.
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Modèle d’Ising à deux dimensions

Une approche utilisée pour étudier la transition ferromagnétique-paramagnétique à l’échelle
microscopique est le modèle d’Ising à 2 dimensions. Ce modèle simplifié permet de détermi-
ner l’évolution de l’aimantation en fonction de la température en considérant un réseau de
spins en interaction avec leurs plus proches voisins et pouvant prendre les valeurs +1 ou −1.
L’hamiltonien du système s’écrit :

H = −J
∑
〈i,j〉

Szi S
z
j (III.14)

où Szi,j sont des variables scalaires binaires (±1) caractérisant le moment cinétique perpen-
diculaire au plan de la couche. Dans ce modèle le paramètre d’interaction J est défini positif
de sorte qu’il favorise la configuration où les spins s’alignent dans la même direction (H
est minimal lorsque Szi = Szj ). Il y a un équilibre à trouver entre l’entropie qui favorise le
désordre et la minimisation de l’hamiltonien qui favorise l’alignement des spins. Les résultats
fournis par une simulation sont présentés en figure III.4 pour trois températures. Les cou-
leurs blanche et noire font référence au deux configurations de spin possibles. On y retrouve
les deux phases mentionnées précédemment : la phase désordonnée où l’orientation des spins
est aléatoire et la phase ordonnée où on distingue de larges domaines de spins dans la même
direction. Entre les deux, pour une température proche de la température de Curie, se trouve
la phase critique qui se distingue par des corrélations en loi de puissance dans la distribution
spatiale des spins et dont les fluctuations sont invariantes d’échelle.

Fig. III.4 Configurations de spins pour différents régimes : sous-critique T < Tc,
critique T ∼ Tc et supercritique T > Tc. La distinction entre les spins +1 et les
spins −1 se fait à l’aide du contraste noir/blanc. Image extraite de D.R. Chialvo,
Nat. Phys. (2010) [59].

L’invariance d’échelle observée au point critique donne lieu à des caractéristiques du
système que nous rencontrerons par la suite au chapitre IV lorsque nous étudierons un gaz
de Bose 2D en présence d’interactions. À noter qu’il s’agit d’un système simplifié dont la
résolution analytique a été faite en 1944 par L. Onsager qui a défini une expression pour
la température critique du système [60].

Modèle XY

Une description plus réaliste du système serait de prendre en compte que les moments
magnétiques sont orientés dans le plan xy ; dans ce cas ils sont caractérisés par l’angle φ
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qu’ils forment avec l’axe Ox et l’hamiltonien du système s’écrit :

H = −J
∑
〈i,j〉

Si.Sj = −J
∑
〈i,j〉

cos(φi − φj) (III.15)

avec J > 0, 0 ≤ φi,j < 2π et la somme 〈i,j〉 prise sur les plus proches voisins uniquement. Il a
été montré que dans cette configuration, il n’y a pas de transition de phase au sens de Landau
possible [1, 61, 44]. À la place, il survient une transition de phase d’origine topologique qui est
la transition de Berezinskii-Kosterlitz-Thouless. L’originalité de cette transition qui contraste
avec la transition ferro-paramagnétique réside dans le fait qu’il n’existe pas de brisure de
symétrie et donc qu’il n’existe pas de paramètre d’ordre qui décrit la transition. D’autre
part, il n’y a pas non plus de discontinuité au voisinage du point critique des variables
thermodynamiques permettant de classifier la transition au sens de Landau : la transition
de phase est alors dite d’ordre infini.

III.2 Transition vers un état superfluide
Les conclusions que nous avons pu tirer de la section précédente sont résumées par le

théorème de Mermin-Wagner [1] et Hohenberg [62] qui s’exprime dans un cadre plus général
et prédit que pour des systèmes de dimension inférieure ou égale à 2, il y a absence d’ordre
à longue portée avec brisure spontanée de symétrie continue à une température non nulle.
Ce théorème est valable pour des interactions à courte portée, en effet, si les fluctuations
sont à longue portée, elles peuvent être créées à moindre coût car l’augmentation d’entropie
favorise ce processus. Dans le cas d’interactions répulsives, il existe néanmoins une transition
possible vers un état superfluide qui présente un quasi-ordre à longue portée. La transition
BKT survient lors de la transition d’une phase désordonnée vers un quasi-ordre à longue
portée.

III.2.1 L’état superfluide
Nous donnons dans cette section les conditions nécessaires pour comprendre de manière

phénoménologique l’émergence de la superfluidité. Elle concerne premièrement l’écoulement
du fluide et sa capacité à s’écouler sans viscosité. Cette propriété engendre deux comporte-
ments distincts lorsqu’un superfluide est mis en rotation dans un récipient :

1. pour une faible vitesse de rotation, le superfluide reste au repos. L’absence de forces
de frottements entre les parois et le fluide empêchent l’entraînement du fluide (critère
1).

2. pour une vitesse de rotation suffisamment grande, le superfluide se met en rotation
et on observe l’existence de courants permanents métastables ; le superfluide persiste
indéfiniment dans son état de rotation même si le récipient est mis au repos (critère
2).

Le deuxième ingrédient fondamental est l’équilibre thermodynamique, comme décrit par
A.J. Leggett [63]. Si on considère toujours un fluide mis en rotation à une faible vitesse
ω < ωc (ωc ≡ ~/mR2 pour un récipient de rayon R et des particules de masse m), l’état
d’équilibre est défini à l’aide de l’énergie libre F = 〈H〉−TS où l’hamiltonien est défini par :

Ĥ = Ĥ0 − ω · L̂ (III.16)
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avec Ĥ0 l’hamiltonien lorsque le récipient est au repos, ω la vitesse angulaire du récipient
et L̂ le moment cinétique dans le référentiel du laboratoire. Sous condition que la vitesse de
rotation soit assez faible on peut alors écrire le moment angulaire comme :

L = fn(T )Iclω (III.17)

où fn(T ) la fraction de fluide dans l’état normal qui vaut 0 quand T→ 0 et qui vaut 1 quand
T→ Tc et est relié à la fraction superfluide par fn(T ) = 1− fs(T ). Pour un fluide classique,
les particules se mettent en rotation à cause des forces de frottements et le moment d’inertie
vaut Icl ≡ NmR2 qui est le moment d’inertie classique. À l’équilibre, lorsque F est minimal,
le moment cinétique vaut L = Iclω = NmR2ω. Une fraction superfluide non nulle a donc
pour conséquence une réduction du moment cinétique.

Les premières observations de la superfluidité ont été faite simultanément par Kapitza
[64], Allen et Misener [65] qui ont publié leur travaux dans la même revue en 1938.
Dans ces obsevations, Kapitza (Moscou) montre que l’écoulement de l’hélium 4 liquide à
travers une fente de 0.5 microns de large est plus rapide lorqu’on se trouve en dessous d’une
température critique. De plus, en faisant l’hypothèse d’un écoulement laminaire, il mesure
une valeur pour la limite haute de la viscosité qui est alors particulièrement faible. Dans des
expériences plus complètes, Allen et Misener (Cambridge) montrent que l’écoulement de
l’hélium liquide à travers de fins capillaires ne dépend pas de la différence de pression, ni du
diamètre du capillaire (qu’ils ont fait varier de 10µm à 1mm). Ces observations tout à fait
exceptionelles ont mené à la conclusion qu’il n’était pas possible de déduire une valeur de
viscosité, comme ce qui peut habituellement être fait à partir de la loi de Poiseuille pour un
fluide classique en écoulement laminaire [66].

À ce moment, la nature quantique du fluide n’est pas encore soupçonnée. C’est peu de
temps après ces découvertes que Fritz London suggère la nature non classique de l’hélium
superfluide en émettant l’hypothèse de la formation d’une onde de matière macroscopique
dans le liquide, qui serait donc semblable à un condensat de Bose. Il avait pour cela remarqué
que la température critique de l’hélium 4, Tλ = 2.17 K 2 était proche de la température
attendue théoriquement pour un condensat de Bose idéal. Cependant, les atomes d’hélium
4 étant en interaction, le calcul de la température critique devrait se distinguer du cas d’un
gaz de Bose idéal. En prenant en compte les interactions, Penrose et Onsager ont pu
faire une première estimation de la fraction condensée dans un superfluide d’hélium 4 qui
est d’environ 8% [67, 68].

III.2.2 Lien entre condensation de Bose-Einstein et superfluidité
Le lien existant entre condensation de Bose et superfluidité a longtemps fait l’objet de

discussions et n’est pas encore aujourd’hui bien établi [69]. Ce n’est qu’une dizaine d’années
plus tard, après les premières suggestions de London, que les travaux de Landau & Lif-
schitz puis de Penrose & Onsager amorcent une réelle compréhension théorique du lien
entre condensation de Bose-Einstein et superfluidité [70, 71, 72].

2. Le point λ correspond à la coexistance des phases d’hélium I liquide (normal), Hélium II liquide (su-
perfluide) et hélium gazeux. La transition λ entre le liquide normal et superfluide dessine un chemin dans le
diagramme de phase de l’hélium 4.
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Dans un condensat, le paramètre d’ordre est la fonction d’onde Ψ0(r) qui est un champ
complexe représentant les particules se trouvant dans l’état d’énergie le plus bas.

Ψ0(r) =
√
ρ(r)eiθ(r) (III.18)

avec θ(r) qui représente la phase et ρ(r) = |Ψ(r)|2 la densité au point r. Le point crucial
établissant le lien entre condensat et superfluide vient de l’existence d’un champ de vitesse
associé au gradient de la phase du paramètre d’ordre :

vs(r) = ~
m
∇θ (III.19)

qui est identifié comme la vitesse du superfluide. De cette équation, on établit deux consé-
quences importantes qui caractérisent l’état superfluide. D’une part, pour n’importe quelle
région de l’espace dans laquelle la densité est définie (i.e. non nulle), on peut écrire

∇× vs(r) = 0 (III.20)

révélant le caractère irrotationnel du superfluide. D’autre part, en prenant l’intégrale sur un
contour fermé entourant un point de densité nulle, on montre qu’il y a une quantification de
la circulation : ∮

C
vs(r) · d` = h

m
n (III.21)

avec n un entier.
Bien que le paramètre d’ordre soit décrit par deux grandeurs (la phase et la densité de

l’état quantique de plus basse énergie), tout le lien qui est fait avec la superfluidité ne tient
que dans la relation entre la phase et la vitesse superfluide. Il ne faut donc pas confondre
la densité de l’état propre ψ0, ρ(r) = |ψ0(r)|2 et la densité superfluide. Cette relation n’est
vraie qu’à T = 0, où tout le fluide est dans l’état superfluide et on a effectivement ρs = ρ.

III.2.3 Défauts topologiques

L’existence de fluctuations thermiques au sein d’un superfluide génère la nucléation de
défauts topologiques appelés vortex. Comme on l’a vu au paragraphe précédent, la circulation
autour d’un point de densité nulle donne une valeur quantifiée∮

C
v(r) · d` = 2π~

m
n (III.22)

avec n un nombre entier qui peut valoir ±1, ±2... et qui correspond à la charge du vortex.
La figure III.5.a représente le champ de vitesse pour un vortex de charge +1 et en III.5.b un
vortex de charge −1. Le champ de vitesse v(r) généré par un vortex est orthoradial :

v(r) = ~
mr

uϕ (III.23)

avec uϕ = uz × r
r . Pour un vortex unique, le champ de vitesse décroit donc en 1/r comme

représenté en figure III.5. De plus, la relation entre le gradient de la phase et la vitesse
du superfluide indique qu’en présence d’un vortex, la phase est quantifiée. Il existe par
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(a) (b)

Fig. III.5 Champ de vitesse pour un vortex (a) et un antivortex (b)

conséquent un enroulement de la phase de ∆θ = ±2πn. Dans ce cas la phase tourne de 0 à
2π comme schématisé dans les cartographies de phase en figure III.6.b.

Le centre du vortex est un point singulier où la densité s’annule et la phase n’est pas
définie. La densité recouvre sa valeur moyenne sur une longueur caractéristique que l’on
appelle longueur de cicatrisation (healing length en anglais), notée ξ. Elle définit donc la
taille typique d’un vortex, qui vaut 2ξ, et dépend de la force des interactions entre deux
particules g̃, par la relation :

ξ = 1√
2g̃ρ (III.24)

Dans le cadre de nos études de la superfluidité avec des excitons dipolaires, les densi-
tés typiques nécessaires à l’établissement d’un condensat se trouvent autour d’une densité
ρ ∼ 2 · 1010 cm−2 tandis que les prédictions théoriques de la force des interactions entre
excitons donnent une valeur aux alentours de g̃ ∼ 4, l’ordre de grandeur pour la longueur de
cicatrisation est donc de ∼ 25 nm.

0

1

|Ψ|2
2ξ

x
y

(a) (b)

Fig. III.6 (a) Densité dans le plan xy en présence d’un vortex de diamètre typique
2ξ. La circulation de la phase est de ±2π comme illustré dans la figure (b) qui
représente la cartographie de la phase tournant dans le sens horaire (figure du
haut) et anti-horaire (figure du bas) pour un vortex placé au centre de l’image. Au
centre du vortex, la densité est nulle et la phase n’est pas définie.
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Observations expérimentales Les premières visualisations de vortex quantiques ont été
réalisées dans l’hélium 4 superfluide par Yarmchuk & Packard en 1982 [73] mais leur
présence avait déjà été mise en évidence quelques années auparavant par Vinen & Hall
en 1956 [74] et Vinen en 1961 [75]. Dans ces expériences, un liquide d’hélium 4 est mis
en rotation et bombardé par un faisceau d’électrons accélérés par un champ électrique. Les
électrons étant influencés par la présence des vortex, ils apparaissent sur un écran fluorescent
en formant des tâches lumineuses et se disposent en réseau, comme on peut le voir dans la
figure III.7.

Fig. III.7 Photographies de vortex quantiques dans un superfluide d’hélium 4 et
imagés à l’aide d’un faisceau d’électrons accélérés vers un écran fluorescent. Image
extraite de E.J. Yarmchuk dans J. of Low Temp. Phys. (1982) [73].

Dans les systèmes atomiques confinés grâce à des pièges magnéto-optiques, d’autres obser-
vations de vortex quantiques ont suivies, notamment dans le groupe de Cornell & Wieman
en 1999 [76] et le groupe de J. Dalibard en 2000 dans un gaz d’atomes de rubidium 87 mis
en rotation à l’aide d’un laser [77]. Les auteurs ont observé l’apparition de trous de densité
qui augmentent en nombre à mesure que la vitesse de rotation est elle même augmentée. Des
images d’absorption lors d’expériences de temps de vol, où le piège est soudainement éteint
avant qu’un laser sonde image les atomes lors de leur chute, sont présentées dans la figure
III.8. L’image (d) montre un vortex en son centre avec une perte d’intensité de 50% et une
largeur à mi-hauteur du profil de ∼ 20µm. On remarque par ailleurs que les configurations
de vortex multiples dessinent un arrangement en réseau, ce qui est en fait favorisé par les
interactions répulsives entre vortex [78].

III.3 Signatures de la transition BKT
Dans cette section sont présentées les deux preuves directes de la transition BKT.

III.3.1 Saut de la densité superfluide

L’apparition du quasi-ordre à longue portée lors de l’établissement d’un état superfluide
à 2D est une caractéristique de la transition BKT. Le mécanisme microscopique qui rentre en
jeu dans ce processus est l’appariement des vortex quantiques sous la température critique. Ce
résultat s’appréhende très simplement par des considérations en terme d’énergie et d’entropie
de nucléation de vortex. Considérons un système à deux dimensions en forme de disque de
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Fig. III.8 Images de vortex dans un condensat de 87Rb mis en rotation avec une
fréquence qui varie de 145 Hz à 168 Hz. Les images sont réalisées lors d’expériences
de temps de vol où les atomes du piège magnéto-optique sont relachés et sondés
durant leur chute par un laser d’absorption. Image extraite de Madison, et al.,
Physical Review Letters (2000) [77].

rayon R, le coût en énergie cinétique associé à la formation d’un vortex de diamètre ξ s’écrit :

E = 1
2m

∫ R

ξ
v2ρsd2r = 1

2mρs
∫ R

ξ

( ~
mr

)2
2πrdr = π~2

m
ρsln

(
R

ξ

)
(III.25)

avec ρs la densité superfluide et ξ la longueur de cicatrisation. On remarque ici que l’énergie
cinétique diverge logarithmiquement avec la taille R du système.

L’entropie associée à la formation d’un vortex de surface πξ2 dépend du nombre de
configurations possibles W pour placer un vortex unique dans le disque de surface πR2 :

S = kB ln(W ) = kB ln
(
πR2

πξ2

)
= 2kb ln

(
R

ξ

)
(III.26)

Cette expression est approximative dans la mesure où on ne prend pas en compte les effets
de bords. Néanmoins on peut déduire le potentiel thermodynamique adapté à l’étude du
système, i.e. l’énergie libre de Gibbs F = E − TS.

F =
(
π~2

m
ρs − 2kBT

)
ln
(
R

ξ

)
(III.27)

En écrivant que ~ = h/2π on fait apparaître la longueur d’onde thermique définie au chapitre
1, ce qui permet de réécrire l’énergie libre comme :

F = kBT

2
(
ρsλ

2
th − 4

)
ln
(
R

ξ

)
(III.28)

ce qui fait apparaître la densité superfluide dans l’espace des phases Ds = ρsλ
2
th. Cette

dernière équation fait apparaître deux régimes selon la valeur de Ds :
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— Ds < 4 alors F , l’énergie libre, est négative et la formation de vortex est thermo-
dynamiquement favorable. Comme F → −∞ on observe une prolifération de vortex
libres qui engendre une augmentation des fluctuations de phase. À la transition, la
densité superfluide dans l’espace des phases passe brutalement de 0 à Ds = 4 et la
densité normale dans l’espace des phases de Dn à Dn − 4. Ce saut constitue une des
preuves directe de la transition BKT et nous donnerons par la suite un exemple d’
observation expérimentale avec des films d’hélium 4. De plus, dans le dernier chapitre
de ce manuscrit nous traiterons plus en détails de l’établissement de la phase super-
fluide par la diminution des fluctuations de densité, ce qui a déjà fait l’objet d’études
théoriques pour les systèmes d’atomes froids [79].

— Ds > 4 alors F est positive et la formation d’un vortex unique est peu probable.
Il existe néanmoins une configuration par paires de vortex, qui apparaît être plus
favorable. L’énergie d’une paire s’écrit en effet :

Epaire = 2π~
2

m
ρsln

(
`

ξ

)
(III.29)

avec ` la distance séparant les deux vortex de charges opposées. Dans cette configu-
ration de paire, l’énergie cinétique ne diverge plus avec la taille du système, ce qui a
pour conséquence que l’énergie libre est toujours négative, rendant cette configuration
favorable thermodynamiquement.

III.3.2 Quasi-ordre à longue portée
Pour un état superfluide, la présence de vortex uniques a pour conséquence l’introduction

de fluctuations de phase. En effet, pour un condensat, la phase φ est définie comme étant la
même en tout point du condensat puisque toutes les particules forment une unique fonction
d’onde macroscopique. Si maintenant on place un vortex au centre de ce condensat, deux
points placés de part et d’autre de la singularité de phase auront une différence de phase de π
du fait de l’enroulement de la phase autour du défaut. Dans la limite où le nombre de vortex
est très grand, chaque vortex étant a priori mobile, la cohérence de phase est rapidement
perdue, ce qui se caractérise par une décroissance exponentielle de la cohérence spatiale

|G(1)| ∼ exp(−r/ζ) (III.30)

avec ζ la longueur de corrélation. On retrouve ici le même résultat que pour un système
magnétique désordonné où les spins prennent des directions aléatoires avec des corrélations
qui décroissent rapidement.

On a vu que dans le cas où Ds > 4, la formation de vortex uniques était peu probable et
par conséquent laissait place à la formation de paire de vortex de charges opposées qui ont la
particularité de n’avoir qu’un effet local sur la phase : en prenant un contour fermé entourant
une paire, le champ de vitesse décroît très rapidement en 1/r2, soit plus rapidement qu’une
charge unique où la décroissance est en 1/r. C’est ce mécanisme d’appariement de vortex
qui permet donc de restaurer l’ordre à quasi longue portée. Dans ce régime, la fonction de
corrélation est caractérisée par une lente décroissance en loi de puissance :

|G(1)| ∼ r−η (III.31)
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avec η = 1/Ds. Par ailleurs, il n’existe dans la littérature que très peu de signatures expé-
rimentales directes de ce comportement, qui est discuté dans la section suivante, pour trois
systèmes différents.

III.4 État de l’art expérimental : mise en évidence de la transition
BKT

III.4.1 Expérience historique d’hélium superfluide

Les première preuves expérimentales de la transition BKT ont été apportées par Bishop
et Reppy en 1978 dans leurs expériences mettant en jeu des films d’hélium 4 liquide. Leur
dispositif expérimental était composé d’un film plastique de Mylar sur lequel étaient déposée
une couche d’atomes d’hélium 4, ensuite enroulé et fixé à un pendule de torsion en vue
d’être mis en rotation. La fréquence propre est déterminée à 2.5 kHz et une mesure précise
du décalage de la période de rotation ∆P est effectuée avec une précision relative de 10−9.
D’autre part, un système de refroidissement permet de contrôler la température variant de
0.3 à 1.6 K.

Fig. III.9 (À gauche) Schéma de l’expérience comportant un système de refroidis-
sement, un fil de torsion et à l’extrémité, des électrodes permettant de détecter le
mouvement de rotation. Un film de Mylar, sur lequel sont déposés les atomes d’hé-
lium 4, est enroulé et fixé au fil de torsion. (À droite) Décalage de la période (en
nanosecondes) par rapport à la résonance (mesurée à haute température) lors du
refroidissement du système. Un saut de la période apparaît à 1.22K et est attribué
à la transition vers un état superfluide. Figure extraite de Bishop et Reppy, Phys.
Rev. Lett. (1978) [2]

La figure III.9 présente le décalage par rapport à période à la résonance ∆P en fonction
de la température. Les auteurs ont mis en évidence un saut dans le décalage de la période
qui est expliqué comme la transition d’une partie du fluide vers l’état superfluide. Pour
un fluide normal mis en rotation, celui-ci se met à tourner à cause des frottements qui le
mettent en interaction avec les parois. Au passage d’une température critique, lorsque qu’une
partie devient superfluide, il y a une perte de masse qui ne se met plus en rotation (pour
de faibles valeurs de vitesse de rotation, c’est le critère 1) ce qui engendre une diminution
du moment d’inertie et par conséquent de la période de rotation. Cette expérience montre,
pour la première fois, une signature directe de la transition BKT.
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III.4.2 Atomes froids
Les expériences menées dans le groupe de J.Dalibard et publiées en 2006 [80] ont

permis de mettre en lumière le processus microscopique de la transition BKT qui est la
prolifération de vortex libres. Les expériences sont réalisées avec un nuage d’atomes de 87Rb
dans un piège magéto-optique et refroidis par évaporation pour atteindre une température
de quelques dizaines de nanokelvins pour former un condensat à 3D. Un réseau optique à
une dimension permet de séparer le nuage en deux parties indépendantes comme on peut
le voir sur la figure III.10.a, mais sert aussi à comprimer le gaz pour former un condensat
bidimensionnel. Une barrière est dressée au milieu du condensat pour le diviser en deux partie
indépendantes. Puis en coupant le piégeage, on fait interférer les deux nuages, donnant les
images d’interférences telles qu’on peut voir en figure III.10.b.

Fig. III.10 Principe de l’expérience (a) Un condensat d’atomes de 87Rb est initia-
lement crée à 3D puis séparé en deux condensats indépendants à l’aide d’un réseau
optique à 1D. Les deux condensats interfèrent lors d’expériences de temps de vol
et sont imagés par un laser de sonde (b). Des lignes de dislocations sont observées
le long de l’axe d’extention du nuage et mettent en évidence la présence de vortex
quantiques (c) dont le nombre augmente avec la température (d). Image extraite
de Hadzibabic, et al., Nature (2006) [80]

Deux résultats majeurs sont exposés par les auteurs : d’une part, ils ont intégré le
contraste d’interférence C sur une portion Lx × Ly et étudié l’évolution du contraste avec
la taille de la zone d’intégration. Pour une zone carré Lx × Lx, la valeur moyenne de C2 est
donnée par 〈C2(Lx)〉 = 1/Lx

∫ Lx
0 [g1(x,0)]2dx ∝ (1/Lx)2α. Les auteurs ont observé un saut

du coefficient α de 0.5 à 0.25, en accord avec la théorie BKT qui prédit un saut de densité
superfluide dans l’espace des phases, associé à un changement brutal du comportement de la
fonction de corrélation au 1er ordre. D’autre part, les images d’interférences entre les deux
condensats montrent des dislocations de phase, mettant en évidence la présence de vortex
quantiques au sein d’un des condensats, ce qui a déjà été observé en 2005 par le même groupe
[81]. Ils ont ensuite étudié le nombre de dislocations en fonction de la température, et ont
observé que ce nombre augmentait avec la température, en accord avec le scénario microsco-
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pique de prolifération de vortex désappariés. On note l’observation de la phase superfluide
dans des travaux similaires, toujours réalisés avec des atomes froids [82, 83] mais aussi des
gaz de fermions [84].

III.4.3 Exciton-polaritons
Dans les systèmes issus de la matière condensée, de récentes expériences ont rapporté

une décroissance en loi de puissance de la fonction de corrélation spatiale G(1)(r1,r2) puis
temporelle avec un exposant en accord avec la prédiction de la théorie BKT [85, 86]. Ces
résultats ont été obtenus avec des gaz d’exciton-polaritons, il s’agit de quasi-particules hy-
brides qui résultent du couplage fort entre un exciton crée dans un puits quantique et un
photon piégé dans une cavité. L’avantage de ces quasi-particules est leur faible masse effec-
tive du fait de leur composante photonique, ce qui permet d’atteindre des température de
condensation bien supérieure (∼ 20 K) en comparaison des atomes (nK) et des excitons (1
K). La condensation des polaritons dans la branche « basse » a été montrée en 2006 [25] mais
le pompage en continu du système pour peupler le condensat (les exciton-polaritons ont un
faible temps de vie, autour de la centaine de picoseconde) pose néanmoins la question de
l’équilibre thermodynamique du système.

Dans l’article présenté par Caputo et al. [86], les auteurs annoncent des temps de vie
très allongés grâce à une meilleure qualité d’échantillon et conduisent à la bonne thermali-
sation des particules. Ils mesurent par interférométrie, en renversant l’image d’un des bras
de l’interféromètre par centro-symétrie, les fonctions de corrélation spatiale et temporelle au
1er ordre pour différentes puissance de laser de pompe (i.e. pour différentes densités) d’un
nuage de polaritons diffusant sur une zone de 80×60µm.

Fig. III.11 Exposants utilisés pour l’ajustement des courbes de g(1) spatial (a) et
temporel (b). Au-dessus d’un densité critique de particules, l’ajustement par une loi
algébrique (ligne orange) est plus pertinente en comparaison d’une loi exponentielle
(ligne bleue) et tend vers la valeur de 1/4 attendue. Figure extraite de Caputo, et
al., Nat. Mat. (2018) [86].

Les auteurs ont ajusté leurs courbes en utilisant soit une loi exponentielle soit une loi
algébrique et ont répertorié les résultats des ajustements dans la figure III.11.a pour la
cohérence spatiale et III.11.b pour la cohérence temporelle. En dessous d’une densité critique
dth les courbes suivent une loi exponentielle tandis qu’au dessus de la densité critique, la
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décroissance est soit exponentielle, soit purement algébrique pour les points autour de 2.8
d/dth où la valeur de l’exposant α se trouve autour de 1/4. Trois interrogations persistent à
la lecture de ces résultats :

— Ces mesures ne dévoilent pas l’évolution de l’exposant caractéristique pour des den-
sités au delà de 3dth comme dévoilé dans leurs images réelles du nuage de polaritons.
En effet, son aspect semble décliner pour une densité de 4dth ce qui devrait aussi être
le cas pour l’exposant critique.

— Les auteurs indiquent ne pas être en mesure de détecter les vortex qui sont pourtant à
l’origine du processus microscopique ; il se pose alors la question de pouvoir attribuer
la mesure la décroissance algébrique au mécanisme BKT.

— Un point plus crucial concerne la longueur de corrélation du système qui détermine la
distance sur laquelle il est nécessaire d’étudier le système pour conclure sans équivoque
à une décroissance exponentielle ou bien algébrique. La longueur d’onde thermique
des polaritons se trouve autour de λth ∼ 4 µm grâce à une très faible masse effective
et la force des interactions est de l’ordre de g̃ ∼ 0.01. La longueur de corrélation ζ,
qui dépend de g̃, est autour de 5λth ce qui suggère d’étudier la décroissance sur un
distance bien plus grande que celle présentée par les auteurs (environ 10 fois ζ est
nécessaire pour conclure sur la nature de la décroissance).

III.4.4 Qu’en est-t-il pour les excitons indirects ?

Dans le domaine des excitons indirects, le champ de recherche de la transition BKT
est très peu exploré au niveau expérimental mais présente néanmoins quelques éléments
théoriques apportées par Lozovik et al. qui a étudié l’état superfluide pour un gaz d’excitons
indirects créés dans des doubles puits quantiques et a prédit l’existence d’une transition BKT
[87, 88]. Dans une étude plus générale sur les transitions de phase [89] il a mis en avant l’effet
de la distance entre les doubles puits sur la température critique mais également l’effet d’un
potentiel désordonné qui engendre une diminution de la température critique [90].

Dans ce manuscrit, nous étudions des excitons dans un piège harmonique, qui ont fait

Fig. III.12 Profils de densité superfluide ns des excitons dans le piège en fonction
de la température critique. Les traits pointillés et tiretés font référence à deux
types d’approximations pour la prise en compte de la variation du potentiel de
confinement. Figure extraite de Lozovik, et al., Phys. Lett. A, 2007 [91].
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l’objet d’une analyse numérique afin de déterminer les paramètres clés d’un tel système [91].
Pour cela, les auteurs considèrent des excitons dans un piège de forme harmonique formant
deux populations : un disque central où s’établit la superfluidité pour un rayon R < Rs et une
couronne où les excitons sont dans l’état non-superfluide, dit « normal », pour Rs < R < L.
Dans la région autour de R ∼ Rs, il y a une zone de transition graduelle de paires de vortex
vers des vortex libres. Cette transition s’opère à la fois pour une densité critique dans le
piège mais aussi pour une certaine température. Les calculs numériques sont réalisés pour
des profils de densités, dit de Thomas-Fermi, en forme de parabole inversée. À température
nulle, l’ensemble des excitons sont dans l’état superfluide, donnant le profil représenté en
noir sur la figure III.12 puis au fur et à mesure que la température augmente, la fraction
superfluide dans le piège diminue jusqu’à devenir nulle.

On notera que les investigations sur la superfluidité des excitons indirects restent très gé-
nérales et assez peu détaillées concernant les interactions entre particules qui jouent pourtant
un rôle crucial dans l’état superfluide.



Chapitre IV
Preuves expérimentales de la transition
BKT pour un gaz d’excitons piégés

Ce chapitre est consacré à la présentation des résultats expérimentaux montrant l’éta-
blissement d’une phase superfluide d’excitons indirects au centre d’un piège de 10 µm de
diamètre, entouré par une couronne de fluide dans l’état normal. En étudiant les propriétés
thermodynamiques du gaz d’excitons 2D à travers son équation d’état, nous montrerons qu’il
existe une transition de l’état normal vers l’état superfluide. Une description complète du
protocole adopté pour tracer l’équation d’état du gaz d’excitons dipolaires sera présentée.
Ensuite, par l’étude statistique de la position des défauts de densités, mis en relation avec la
mesure de la cohérence spatiale, il sera mis en évidence l’existence d’une transition médiée
par la prolifération de défauts.

IV.1 Équation d’état à 2D

Pour un gaz à l’équilibre thermodynamique, une manière judicieuse d’étudier ces proprié-
tés est de regarder son équation d’état qui relie les variables thermodynamiques pertinentes
du système. En utilisant une description grand canonique du gaz, un système ouvert de
volume V fixé échange à la fois de l’énergie et des particules avec un réservoir, les deux
formant un système isolé. Les variables thermodynamiques pertinentes pour décrire le gaz
sont alors la température T , le potentiel chimique µ et le volume V qui nous permettrons
de tracer l’équation d’état et dont le protocole de mesure sera présenté dans le cas des ex-
citons dipolaires. Dans cette section, nous verrons une propriété remarquable des gaz 2D en
présence d’interactions de contact, qui est l’invariance d’échelle, valable sous certaines condi-
tions. Cette particularité survient uniquement en présence d’interactions de contact et nous
montrerons la possibilité de modéliser les interactions entre excitons de type dipôle-dipôle
par des collisions locales à 2D.

IV.1.1 Invariance d’échelle

Lors de la transition d’un état ferromagnétique vers un état paramagnétique, nous avons
vu au chapitre III que le point critique de la transition est caractérisé par des corrélations
en loi de puissance ce qui implique une invariance d’échelle du système [92]. Il vient en
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particulier qu’il n’existe plus de longueur caractéristique et que les propriétés physiques
restent inchangées quelque soit l’échelle de longueur considérée. L’invariance d’échelle se
manifeste pour une diversité de systèmes : les fluides parfaits, les fractales, au point critique
lors des transitions de phase pour des systèmes à 3D, par exemple, la transition liquide-gaz
(pour l’éthane [93]) ou encore pour l’hélium 4 normal-superfluide [94].

Pour un gaz de Bose à 2D, pour lequel on prend en compte les interactions, cette propriété
apparaît lorsqu’on modélise l’interaction entre particules par une interaction de contact.
Dans ce cas, l’énergie d’interaction fait apparaître un paramètre d’interaction g̃ qui est sans
dimension à 2D (contrairement au cas 1D et 3D), ce qui entraîne l’absence de longueur carac-
téristique et de dépendance en énergie. Cette caractéristique du système permet d’observer
l’invariance d’échelle non seulement au point critique de la transition mais sur toute son
équation d’état décrivant le système par ces variables thermodynamiques. La description du
gaz par les seules variables en énergie du système, i.e. le potentiel chimique µ et l’énergie
thermique kBT , exprimés sous la forme du rapport µ/kBT permet de montrer le caractère
invariant d’échelle.

Dans le cadre de nos expériences, le champ électrique extérieur contraint le dipôle des
excitons à s’aligner perpendiculairement au plan des couches, donnant lieu à des interactions
entre dipôles. Pour définir la portée de ce type d’interaction on s’appuie sur la définition
générale : une interaction de type 1/rα est dite « à longue portée » si α < d, avec d la
dimension du système. Si on transpose cette définition à notre système, les interactions
dipolaires étant en 1/r3 on a alors α = 3 qui est plus grand que la dimension. Les interactions
dipolaires à deux dimensions sont donc par définition à courte portée.

IV.1.2 Modélisation des interactions dipole-dipole à 2D par une interaction de
contact

L’objet de cette section est de montrer que, dans le cadre de l’étude des excitons dipo-
laires, l’interaction de type dipole-dipole à deux dimensions, peut être modélisée par une
interaction de contact et permet l’observation de l’invariance d’échelle. Le calcul présenté ici
a été établi par notre collaborateur M. Holzmann.

On considère tout d’abord 2 excitons de masse identique mX qui interagissent entre eux
par le potentiel d’interaction dipolaire U(r) = e2d2/r3, d étant la distance entre les centres
des deux puits quantiques où les excitons sont confinés. On peut écrire la position et la
vitesse dans le référentiel du centre de masse

R = 1
2(r1 + r2) P = p1 + p2 (IV.1)

et les variables relatives s’écrivent

r = (r1 − r2) p = 1
2(p1 + p2) (IV.2)

l’hamiltonien du centre de masse ĤCM et relatif Ĥrel sont

ĤCM = P̂ 2

2M Ĥrel = p̂2

2mr
+ U(r) (IV.3)

avec la masse totale M = 2mX et la masse relative mr = mX/2.
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r1

r2

r = r1-r2

Fig. IV.1 Deux excitons en interaction à des positions ~r1 et ~r2. Le mouvement
relatif des deux particules est décrit par le vecteur ~r.

L’équation de Schrödinger pour le mouvement relatif est[
−~2∇2

mX
+ e2d2

r3 − E
]
ψ = 0 (IV.4)

Pour résoudre cette équation, on se restreint d’abord aux solutions basses énergies qui sont
valables lorsque la distance typique de la portée de l’interaction r0 est plus petite que la
longueur d’onde thermique des particules, i.e. pour r0 � 1/k. Pour simplifier le calcul, on
restreint les solutions basses énergies à la recherche de la fonction d’onde à énergie nulle.
Une forme simple à considérer pour la fonction d’onde est Ψ(r) ∼ e−u(r) ce qui permet de
réécrire l’équation de Schrödinger[

−~2

mX

(
−∇2u+ (∇u)2

)
+ e2d2

r3 − E
]
ψ = 0 (IV.5)

En négligeant les termes ∇2u et E pour de petites valeurs de r on obtient alors pour l’ex-
pression de u(r)

u′(r) =±

√
me2d2

~2 r−3/2 (IV.6)

u(r) '
r→0

2
√
r0
r

(IV.7)

avec r0 =
√
me2d2/~2 et u(r) qui est une solution approchée. Pour le calcul exact de la solu-

tion Ψ(r), réécrivons l’équation de Schrödinger initiale en exprimant désormais le Laplacien
en coordonnées cylindriques

−~2

mXr

∂

∂r

(
r
∂

∂r
Ψ
)

+ e2d2

r3 Ψ(r) = 0 (IV.8)

et on effectue le changement de variables z = 2
√
r0/r avec dz/dr = −z3/r0, en accord avec

la solution approchée trouvée précédement, ce qui donne

z5

a2
0

d
dz

(
z
d
dzu(z)

)
− z6

a2
0
u(z) (IV.9)

u′′(z) + 1
z
u′(z)− u(z) = 0 (IV.10)
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dont la solution est donnée par la fonction de Bessel modifiée K0(z) ce qui donne la solution
exacte

Ψ(r) = K0

(
2
√
r0/r

)
(IV.11)

Le développement asymptotique en r → ∞ de la solution exacte à énergie nulle permet
d’écrire

Ψ(r) ∼
r→0
− ln

(
e2γ

r/r0

)
(IV.12)

avec γ ≈ 0.577 la constante de Euler-Mascheroni.

Pour déterminer la forme de la fonction d’onde dans la région r0 < r � 1/k on utilise la
formule générale pour la fonction d’onde de diffusion aux énergies Ek = ~2k2/2mr

Rl(kr) ∼

√
k

2π [cos (δl(k)Jl(kr))− sin (δl(k)Yl(kr))] (IV.13)

en prenant la limite lorsque kr → 0

R0(kr → 0) ∼ 1 + g̃

2π ln
(
kreγ

2

)
(IV.14)

En réécrivant Ψ(r) sous une forme identique à celle de Rl(kr → 0) on a :

Ψ(r) ∼ ln
(
kreγ

2
2e−3γ

kr0

)
(IV.15)

∼ ln
(
kreγ

2

)
+ ln

(
2e−3γ

kr0

)
(IV.16)

∼ ln
(

2e−3γ

kr0

)[
1 + ln(kreγ/2)

ln(2e−3γ/kr0)

]
. (IV.17)

Par identification, on en déduit le paramètre d’interaction g̃ sans dimension

g̃ = 2π
ln(2e−3γ/kr0) (IV.18)

et s’écrit sous une forme générique comme

g̃ = 2π
ln(1/k̄d∗)

(IV.19)

avec d∗ un paramètre caractéristique des excitons et k̄ ≈
√

2π/λth et qui fait apparaître une
dépendance en température. Grâce à cette forme, on retrouve la dépendance logarithmique
de l’énergie qui est caractéristique des systèmes à 2D.
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IV.1.3 État de l’art

Équation d’état avec des atomes froids

Dans la littérature, deux groupes ont rapporté en 2011 la mesure de l’équation d’état
pour des gaz d’atomes froids. C’est d’une part le groupe de C. Chin dans l’article de Hung
et al. [28] qu’est présentée la mesure précise de l’équation d’état avec des atomes de césium
133 dans un piège harmonique de la forme V (r,z) = 1

2mωrr
2 + 1

2mωzz
2 avec m la masse

de l’atome de césium et ωr,ωz les fréquences de piégeage dans le plan et selon l’axe de
confinement. La valeur de ωz est très grande devant celle de ωr de sorte que le gaz est quasi-
2D et permet d’explorer la physique des basses dimensions. Ces expériences sont basées sur la
mesure in situ des profils de densité des atomes piégés en collectant perpendiculairement au
plan xy les images d’absorption du gaz. À partir des profils de densité moyens mesurés sur 50
images et pour différentes températures : 21, 37, 42, 49 et 60 nK, la densité dans l’espace des
phases pour l’ensemble des expériences est reportée pour tracer la courbe D = f(µ/kBT ).
En montrant que toutes ces données se superposent en une unique courbe, quelle que soit la
température et la densité considérée, les auteurs ont mis en avant l’invariance d’échelle de
l’équation d’état.

À l’aide d’atomes de 87Rb, Yefsah et al. [29] ont eux aussi mesuré, par la même technique
in situ, l’équation d’état pour la densité dans l’espace des phases et pour la pression réduite.
Grâce à ces deux équations d’état, ils ont déduit l’entropie par particule dans un régime
fortement dégénéré et dont la valeur, très faible (en dessous de 0.1 kB), démontre la possibilité
d’utiliser ce gaz comme « réfrigérant » pour d’autres gaz quantiques. Les équations d’état
présentent une invariance d’échelle remarquable pour les systèmes en interaction faible g̃ � 1,
contrairement au régime d’interaction forte que l’on peut définir qualitativement par le critère
g̃ > 2π [95]. Leurs résultats sont comparés à des simulations numériques prenant en compte
deux régimes asymptotiques : d’une part pour la partie des faibles densités (modèle de
Hartree-Fock) et d’autre part pour la zone de forte densité (approximation de Thomas-
Fermi) qui sont des théories de champ moyen [96]. Les simulations de type Monte-Carlo
classique proposées par Prokof’ev & Svistunov permettent de relier les deux régimes,
pour un gaz de Bose en interaction faible [97], ce qui permet aux auteurs de réaliser une
comparaison théorique sur l’ensemble des valeurs de densité.

Équation d’état avec des gaz de fermions

Dans les gaz de fermions à 2D avec des atomes de lithium 6, Boettcher et al. ont
rapporté également la mesure de l’équation d’état [98]. Dans ce système, les atomes possèdent
des interactions attractives à courte portée et il est possible de varier la force des interactions
en modulant la résonance de Feshbach entre les deux niveaux hyperfins de plus basse énergie
d’un atome de 6Li. De cette manière, les auteurs peuvent passer du régime de gaz de Fermi
attractif au régime du gaz de Bose formé de dimères fortement liés. Les auteurs ont mesuré
pour différentes forces d’interaction, dans le régime bosonique, la densité dans l’espace des
phases en fonction de µ/kBT et on observé une dispersion des courbes dans la zone linéaire,
i.e. la zone fortement dégénérée, mettant en évidence la variation effective du paramètre
d’interaction g̃. Dans ces mesures réalisées à une température fixe, l’invariance d’échelle
attendue en fonction du rapport µ/kBT n’est pas vérifiée, mais ces expériences mettent
en lumière la dépendance avec le paramètre d’interaction qui se déduit de la pente des
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(a) (b)

Fig. IV.2 Equations d’état (a) pour des atomes de césium (Hung et al. Nature
2011 [28]) et (b) pour un gaz de fermions à 2D dont le paramètre d’interaction g̃
varie grâce à l’ajustement d’une résonance de Feshbach. Boettcher et al. Phys.
Rev. Lett. 2016 [98]

courbes dans la zone linéaire. Des simulations de type Monte-Carlo classique et Monte-
Carlo quantiques ont été réalisées pour ajuster les données expérimentales. Il ressort de
la comparaison théorie/expérience que la température critique et le voisinage de la zone
µ/kBT ∼ 0 et D ∼ 4 est bien prédite par les deux modèles, quelque soit la force des
interactions considérée. Au contraire, pour des valeurs de densité D > 4 les effets quantiques
sont d’autant plus présents et dévient de la prédiction classique pour des valeurs de g̃ > 1.

IV.2 Mesure de l’équation d’état pour des excitons dipolaires
L’intérêt de l’équation d’état est de relier entre elles les différentes variables thermo-

dynamiques pertinentes que sont la température T , la densité d’excitons nx et le potentiel
chimique µ. Dans cette section sera décrit le protocole adopté pour mener à bien cette mesure
et la précision avec laquelle elle peut être obtenue. La première étape consiste à détermi-
ner le potentiel de confinement, qui est ajusté par un potentiel harmonique de pulsation ω
à définir. Connaissant le potentiel confinement, donc son énergie associée, on en déduit le
profil de densité d’excitons au travers du piège par le blueshift en énergie. La densité dans
l’espace des phases est alors déduite du profil de densité. Enfin nous présenterons le modèle
théorique appliqué pour ajuster l’équation d’état et définir le paramètre d’interaction g̃ pour
notre système.

IV.2.1 Détermination du potentiel de confinement

Dans le cadre de nos expériences, la température des excitons est donnée par la tempé-
rature du bain et dont le refroidissement effectif a été démontré lors de la thèse de M.Beian
par la mesure de la diminution du temps de vie des excitons à mesure qu’on abaisse la tem-
pérature [15]. Le paramètre à notre disposition est la densité de particules qui est obtenue
expérimentalement à travers le blueshift en énergie. Pour rappel, l’énergie des excitons EX
est donnée par :

EX = −d · F︸ ︷︷ ︸
confinement

+ u0nX︸ ︷︷ ︸
blueshift

(IV.20)
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où le premier terme caractérise l’interaction entre les excitons dipolaires et le potentiel de
confinement dont l’aspect dépend du potentiel électrique appliqué sur l’électrode de surface.
Le deuxième terme u0nx, appelé blueshift, est lié à la densité d’excitons nX par l’interaction
dipôle-dipôle qui règne entre eux. L’idée est de déterminer le potentiel de confinement pour
un jeu de données puis connaissant le terme −d · F , ainsi que l’énergie EX par des mesures
spectroscopiques, on obtient alors la densité d’excitons à travers le piège.

La détermination du potentiel de confinement est réalisée à très longs délais après l’ex-
tinction du laser d’injection de sorte que la densité d’excitons est très faible. Les spectres
résolus spatialement reflètent alors le potentiel de confinement grâce aux particules piégées
dans le désordre comme on peut le voir dans la figure IV.4.a. Le profil du confinement a une
forme parabolique

Vtrap = 1
2mXω

2x2 (IV.21)

L’enjeu est alors de déterminer la fréquence de piégeage ω. Pour ce faire, on effectue des
coupes spatiales de ∼ 1µm de large puis on relève le maximum d’énergie de la raie de
photoluminescence en fonction de la position dans le piège comme représenté en rouge dans
la figure IV.3 pour quatre exemples. En noir est représenté l’ajustement des courbes par le
potentiel harmonique avec des valeurs de ω indiquées sur chaque figure. Un échantillon des
profils permet de déterminer une valeur moyenne de pulsation du piège de 1.0·1010 rad.s−1.
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Fig. IV.3 Ajustement de la fréquence
de piégeage ω du potentiel de confine-
ment à longs délais après l’extinction
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Fig. IV.4 Détermination du potentiel
de confinement à longs délais après l’in-
jection laser grâce aux excitons piégés
dans les défauts (a). Pour des délais
plus courts, la densité d’excitons dans
le piège est déterminée à partir du blue-
shift (b). Les lignes pointillées rouges
marquent le potentiel de confinement,
définit par le spectre (a).
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IV.2.2 Densité dans l’espace des phases le long du piège

Comme il a été montré au chapitre III, le paramètre pertinent pour déterminer le point
critique du passage du régime normal au régime superfluide est la densité totale dans l’es-
pace des phases. Pour un gaz d’excitons, la valeur est affectée par la structure à quatre
composantes de l’état fondamental. La dégénérescence double de l’état de spin de plus basse
énergie, l’état noir J = ±2, donne une valeur critique pour la densité totale dans l’espace
des phases qui se trouve autour de Dc ≈ 8.
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Fig. IV.5 Énergie (en bleu) des excitons confinés un piège de 10 µm de large, au
délai 160 ns après l’extinction du laser et énergie de confinement (en noir) mesurée
à longs délais à Tb = 330 mK (a-c). La différence d’énergie donne le blueshift et
permet de déduire la densité d’excitons (d-f) à partir d’une courbe de calibration.
La densité dans l’espace des phases est calculée en multipliant la densité nX par λ2

th

la longueur d’onde thermique (g-i). Les régions grisées délimitent les zones spatiales
au dessus et en dessous du point critique fixé à Dc ≈ 8.

Sur la figure IV.5 (et respectivement sur la figure IV.6) sont représentés trois profils de



IV.2 Mesure de l’équation d’état pour des excitons dipolaires 75

remplissage du piège à 330 mK (resp. 1.3 K), où, à partir des profils en énergie mesurées par
un découpage avec un pas de 1µm le long du piège, sont déduits les profils de densité nX
puis la densité dans l’espace des phases nXλ2

th. À une température Tb = 330 mK les profils
IV.5.(g-i) montrent une partie centrale, pour un rayon de 2-3 µm, où nXλ2

th est au dessus de
la valeur seuil définie à Dc ≈ 8. Cependant pour une température de Tb = 1.3K, la valeur de
nXλ

2
th ne dépasse pas la valeur critique comme on peut le voir dans la figure IV.6.(g-i).
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Fig. IV.6 Énergie des excitons (en bleu) le long du piège 145 ns après l’extinction
du laser et potentiel de confinement (en noir) mesuré à Tb = 1.3 K (a-c). Densité
d’excitons (d-f) et densité dans l’espace des phases (g-i).

IV.2.3 Tracé de l’équation d’état

Pour un gaz 2D à l’équilibre thermodynamique, l’existence d’un paramètre d’interaction
sans dimension g̃ provoque l’absence de longueur et d’énergie caractéristiques du système.
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Ceci entraîne que la densité dans l’espace des phases dépend d’une part, du rapport µ/kBT
qui sont les deux seuls termes en énergie du système et d’autre part, du paramètre d’inter-
action g̃. Pour tracer l’équation d’état D(µ/kBT, g̃) il faut rappeler que le gaz d’excitons
est placé dans un potentiel de piégeage harmonique tandis que les propriétés thermodyna-
miques du gaz de Bose sont décrites pour un système homogène. Le lien entre gaz piégé et
gaz homogène est établi grâce à l’approximation de la densité locale (en anglais LDA pour
Local Density Approximation), qui permet de considérer le voisinage de chaque point r du
piège harmonique comme une zone homogène où le potentiel chimique µ(r) est ajusté par le
facteur V (r) par rapport au potentiel chimique se trouvant au centre du piège µ0, le potentiel
chimique effectif en un point quelconque s’écrit alors

µ(r) = µ0 − V (r) (IV.22)

ce qui permet de considérer le gaz piégé comme un gaz homogène. Cette approximation est
valable lorsque le potentiel de piégeage varie lentement par rapport aux échelles microsco-
piques comme la longueur de cicatrisation (ξ ≈ 25 nm), la longueur d’onde thermique (qui
vaut ≈ 300 nm à 330 mK et 120 nm à 1.8K) ainsi que la longueur de diffusion (r0 ≈ 20 nm).

À partir des profils de densité dans l’espace des phases présentés en figures IV.5.(g-i)
et IV.6.(g-i), on trace l’équation d’état du gaz d’excitons dans un piège harmonique qui se
trouve en figure IV.7 pour 4 températures : 330 mK (bleu), 1.3 K (rose), 2.3 K (rouge)
et 3.5 K (noir). L’encart représente un gros plan sur la zone de faible dégénérescence du
gaz, proche de µ =0. Les courbes noires représentent l’ajustement des données à l’aide des
simulations Monte-Carlo qui s’ajustent avec nos données pour une valeur de g̃ = 6 (trait
pointillé) ou g̃ = 7 (trait plein). L’ensemble des courbes se superposent très clairement en
une unique courbe, démontrant ainsi une invariance d’échelle approximative, en accord avec
la résolution accessible dans notre expérience. La mesure de l’équation d’état du gaz permet
aussi de démontrer l’équilibre thermodynamique du gaz d’excitons, un élément fondamental
qui n’avait jamais été montré jusqu’ici.

La valeur critique de la densité dans l’espace des phases est définie par la simulation
comme Dc ≈ 8 et délimite la zone de fluide normal représenté sur fond bleu et la zone su-
perfluide en jaune. La densité critique est également représentée sur la figure IV.7.b où sont
tracés les profils de densité dans l’espace des phases pour 3 températures (0.34 K en bleu, 1.3
K en vert et 2.5 K en rouge). Seule la courbe à basse température pour un rayon R < 3 µm
dépasse la valeur critique Dc ≈ 8. Comme nous allons le voir sur des expériences complémen-
taires, présentées en section IV.3 seule la partie centrale du piège montre un comportement
superfluide, et cela dans une gamme de densité restreinte. L’établissement de l’équation
d’état pour les excitons indirects constitue une avancée majeure pour le domaine car elle
montre, pour la première fois, notre capacité à étudier avec précision la thermodynamique
du gaz.

IV.3 Expériences interférométriques et cartographie de défauts
Les mesures présentées dans cette section sont motivées par l’observation de défauts de

densités dans les images réelles de la photoluminescence réémise par les excitons, qui ont fait
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Fig. IV.7 (a) Équation d’état pour un gaz d’excitons indirects. Les points bleus,
violets, noirs et rouges sont mesurés aux températures respectives Tb= 0.33, 1.3, 2.5
et 3.5 K. Il existe deux régimes en fonction de la valeur de D : régime « normal » (D
< 8 zone bleue) et le régime superfluide (D > 8 zone jaune). (b) Profils de densité
dans l’espace des phases en fonction de la position dans le piège.

l’objet d’une première étude dans la thèse R. Anankine [99]. Au cours de son travail, il a
mis en évidence la vorticité lié à ces défauts, qui se manifeste par l’observation de fourches
sur les figures d’interférences [21]. Nous poursuivons ici l’étude amorcée grâce à la mise en
place d’une détection systématique des défauts et une analyse statistique de leur dispersion,
en fonction de la température et de la densité. D’autre part, seront présentés des résultats
de mesures interférométriques menées dans le but de sonder le niveau de cohérence spatiale
des excitons en fonction de la position dans le piège. Cette expérience nous renseigne à la
fois sur le niveau de dégénérescence du gaz, mais également sur la présence ou non de vortex
libres qui ont pour effet de détruire la cohérence à longue portée.

IV.3.1 Mesure de la cohérence spatiale du gaz d’exciton

Pour un gaz dans un état parfaitement condensé, toutes les particules dans le même état
quantique sont décrites par une seule fonction d’onde dont l’extension spatiale est donnée
par la taille du système. Formant alors une même onde, la phase en deux points distincts du
condensat est alors identique. Les mesures interférométriques élaborées durant ce projet ont
vocation de sonder le degré de cohérence entre deux points distincts de δL = 2µm au sein
d’un piège d’excitons de 10 µm de diamètre. La valeur de δL a été choisie, d’une part pour
respecter la résolution minimale que l’on peut d’obtenir à cause des vibrations mécaniques
(∼ 1µm) et d’autre part, pour sonder le centre du piège qui est la région attendue pour la
formation du condensat (dans un rayon < 3 µm). De plus, on s’assure que les effets observés
pour un décalage de 2 µm ne peuvent être associés qu’aux effets collectifs puisque l’extension
spatiale de la fonction d’onde d’un exciton à 330 mK est de ∼ 300 nm � δL.

Le dispositif expérimental simplifié est présenté dans la figure IV.8 : une diode laser à 794
nm, dont la sortie est hachée par un modulateur acousto-optique (AOM), injecte les excitons
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Fig. IV.8 Expérience d’interférométrie avec un décalage latéral des deux images
issues des deux bras de l’interféromètre fixé à δL = 2 µm (la différence de marche
longitudinale est gardée constante). Un angle θ, par rapport à l’axe vertical Oz
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Fig. IV.9 Cohérence spatiale pour un décalage latéral de δL = 2 µm entre les deux
bras de l’interféromètre. L’insert représente le contraste par rapport à la position
dans le piège tandis que la courbe principale donne le contraste moyen calculé par
symétrie centrale.

dans le piège de 10 µm. La photoluminescence (PL) réémise lors de la recombinaison des
paires électron-trou est agrandie en passant au travers d’un jeu de deux lentilles conjuguées
puis envoyée à l’entrée d’un interféromètre de Mach-Zehnder. L’aspect des images enregistrées
est présenté pour l’entrée et la sortie de l’interféromètre. La différence de marche entre les
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deux bras de l’interféromètre est gardée fixe, mais les sorties des deux bras sont décalées
latéralement de δL = 2 µm. Un angle θ par rapport à l’axe vertical est appliqué entre les
deux bras de l’interféromètre pour imposer des franges horizontales. Grâce à ce dispositif,
on enregistre les figures d’interférences telles que celles qu’on peut voir dans la figure IV.8
(droite) accompagnées de la coupe verticale correspondant au centre du piège (tirets orange)
avec un contraste du l’ordre de ∼ 20%.

La figure IV.9.a présente les résultats pour une série de 50 interférogrammes enregistrés
à 330 mK à un délai de ∼ 150 ns après l’extinction du laser dans une configuration « piège
plat » (Vc = Vg = −4.8 V). Les interferogrammes obtenus sont analysés en réalisant un
découpage avec un pas de 1µm sur lesquels on relève le contraste des franges d’interférences
depuis le centre vers l’extérieur de 0 à 5 µ m et 0 à −5 µm. En faisant la moyenne de
part et d’autre du centre du piège, on obtient la figure IV.9.c où seule la partie centrale
pour un rayon R < 3µm possède un contraste au dessus du contraste minimal que l’on peut
détecter, fixé à 11% (bande noire), et dont les variations peuvent être attibuées à des franges
d’interférences 1. Le maximum de contraste moyen est obtenu au centre du piège avec une
valeur de 21% qui révèle un comportement non classique puisque pour un décalage de 2 µm
la longueur de cohérence est alors grande devant la limite classique. Au-delà de R > 3 µm, le
signal est plus faible, indiquant des densités inférieures à celles requises pour obtenir un état
condensé et leur valeur est proche du niveau minimal du rapport signal-sur-bruit. L’effet de
la température est également à considérer puisque pour Tb ≥ 1.2 K le contraste des franges
se trouve au niveau du rapport signal-sur-bruit.

IV.3.2 Détection des défauts de densités

Les images réelles de la photoluminescence des excitons font apparaître des « trous »
de densité dont les positions semblent aléatoires. L’objet de cette section est d’étudier plus
en détail le comportement de leur dispersion par une étude statistique en fonction de la
température et de la densité.

Défauts de densité ou vortex quantiques ?

Les variations d’intensité observées sur les images réelles peuvent être attribuées à plu-
sieurs phénomènes. Une des hypothèses explorées est celle liée à l’aspect granuleux des
images, qui peut laisser penser à un phénomène de tavelure (speakle en anglais). Il s’agit
d’une figure caractéristique lorsque l’on fait passer un laser à travers un milieu désordonné et
qui présente une loi caractéristique dans l’intensité de décroissance exponentielle. Cette hypo-
thèse a été rejetée puisque la décroissance exponentielle n’a pas été observée. Une deuxième
hypothèse est que les déplétions de densité sont dues à la présence de vortex quantiques dont
la densité s’annule en leur centre. Pour vérifier cette hypothèse, des expériences d’interfé-
rométrie spatiale identiques à celles présentées dans le paragraphe précédent ont été menée
pour mettre en avant la vorticité et plus particulièrement l’enroulement de la phase de 0 à 2π
autour du centre du vortex. Ainsi un vortex de charge ±1 se trouvant au centre d’une frange
d’interférence, crée une ouverture de frange, comme montrée au chapitre I. L’hypothèse du
vortex quantique n’est donc pas à exclure mais cela ne signifie pas nécessairement que l’en-

1. On s’assure également que l’interfrange correspond à celui fixé par l’angle θ pour faire apparaître des
franges horizontales.
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semble des trous de densité sont des vortex quantiques. Dans la suite, pour ne rien présumer
de la nature des objets détectés lors de nos expériences, nous utiliserons la dénomination de
défaut de densité.

5µm

5µm

(a) (b) (c)

(f) (g) (h)

(j) (k) (l)(i)

(d)

(e)

Fig. IV.10 Protocole de détection des défauts de densité, ici pour un exemple à Tb
= 330 mK dans un piège de 10 µm. (a-d) Images réelles d’un gaz d’excitons à 140
ns (a) 190 ns (b) 210 ns (c) et 345 ns (d). Les défauts de densité correspondant aux
images (a-d) sont signalés sur les images (e-h) puis reportés sur un disque fictif de
même taille que le piège où le cercle central représente une zone de 3 µm de rayon.

Épinglement dans des défauts de potentiel

Plusieurs difficultés expérimentales rendent la détection de vortex quantiques délicate.
La première difficulté expérimentale est liée à la taille des défauts topologiques, comme nous
l’avons vu au cours du chapitre III, la taille caractéristique des vortex est proportionnelle à 1/√
g̃ et par conséquent, pour des systèmes en interaction forte comme les excitons dipolaires,

les tailles sont relativement petites. Le calcul de la taille du cœur d’un vortex est de l’ordre
de ∼ 50nm et la résolution spatiale permise par notre montage expérimental ne donne pas
la possibilité de les imager avec précision. La deuxième difficulté vient du fait que les vortex
nucléés ne sont pas statiques au cours d’une mesure, ils prolifèrent et diffusent dans le gaz.
Cependant, certains d’entre eux, piégés dans des défauts de potentiel peuvent être mis en
évidence par une forte diminution d’intensité. En tirant parti de ce phénomène de piégeage
des vortex dans le potentiel désordonné, un protocole de détection des défauts d’intensité a
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Fig. IV.11 Trois exemples d’images réelles à Tb = 2.5 K pour 3 densités d’excitons
aux délais 160, 200 et 345 ns.

été mis en place pour étudier leur répartition statistique. En figure IV.10.a-d sont présentées
des images réelles d’un gaz d’excitons à différentes densités allant de 1.5 à 3 ·1010cm−2, les
défauts les plus profonds sont marqués par un point rouge puis reportés sur un disque de
taille identique au piège en figures IV.10.i-l. Ce procédé est répété pour 60 images où toutes
les positions sont superposées pour donner la figure IV.12 pour deux températures : Tb =
330 mK et 2.5 K. Quelques exemples d’images réelles à 2.5 K sont montrés en figure IV.11.

Déplétion de densité de défauts en fonction de la température

En figure IV.12 est présentée la répartition des défauts d’intensité pour deux tempéra-
tures, Tb = 330 mK et 2.5 K et une densité fixe au centre du piège aux alentours de 2.7·1010

cm−2, obtenue en superposant les positions d’une série de 60 images. La comparaison entre
les deux cartographies laisse clairement apparaître une diminution des défauts présents à 330
mK dans la région centrale pour un rayon R < 2− 3 µm.

En étudiant la densité de probabilité de défauts, i.e. le nombre de défauts détectés par
unité de surface, on obtient les courbes portées en figure IV.13 qui représentent la densité
moyenne sur des couronnes de ∼ 0.5 µm d’épaisseur. À basse température, la densité de
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Fig. IV.12 Distribution des défauts de densité à deux températures (au-dessus et
en dessous de la température critique théorique pour la transition BKT) pour une
densité au centre du piège de 2.7 ·1010 cm−2.
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Fig. IV.13 Densité de probabi-
lité correspondant aux cartogra-
phies de la figure IV.12. Elle est
définie comme le nombre de dé-
fauts détectés par unité de sur-
face en délimitant des anneaux
concentriques de 0.5 µm d’épais-
seur.

défauts est maximale sur une couronne de 2 à 3.5 µm de large et minimale pour un rayon
R < 2µm. À l’inverse, à haute température, la densité est maximale au centre, mais reste
néanmoins élevée sur la couronne extérieure. Si on attribue aux vortex la présence de ces
défauts, alors ce comportement s’explique par le fait que l’énergie thermique à disposition
pour nucléer un vortex est plus élevée à 2.5 K. D’autre part, la formation d’un vortex est
favorisée dans un zone de faible densité puisque cela demande moins d’énergie, c’est donc
sur les bords du piège, là où la densité est la plus faible que se créent préférentiellement les
vortex.

Lien avec la transition BKT

Pour parvenir au point de la transition BKT nXλ
2
th ≈ 8 deux possibilités sont explorées

au sein du piège ; soit en variant la longueur d’onde thermique λth à travers la température
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du bain d’excitons, soit en variant la densité. Dans le cas des des excitons piégés, la densité
qui est maximale au centre du piège, diminue à mesure qu’on s’éloigne du centre du piège,
comme on peut le voir sur les profils de densité en figure IV.5.d-f. Ceci permet d’explorer la
transition BKT même à température fixe, lorsqu’on se trouve à 330 mK où la densité dans
l’espace des phase passe au dessus du seuil.

En reliant ces résultats aux mesures de cohérence spatiale, on trouve, en particulier à
basse température, que deux zones se distinguent (schématisées figure IV.14) :

— R > 3 µm : une couronne extérieure très dense en défauts quelque soit la température.
Aucune cohérence à longue portée n’est observée, le contraste d’interférence avoisine
le niveau du rapport signal-sur-bruit.

— R < 3 µm : la partie centrale du piège voit sa densité de défauts diminuer avec
la température et cela s’accompagne d’un accroissement du contraste d’interférence,
autour de ∼ 20%, signe d’un comportement non classique et de l’existence d’une
fraction de particules dans l’état condensé.

Superfluide

Couronne normale

5 
µm

3 
µm

Fig. IV.14 Deux régions se distinguent : au centre une partie superfluide, à l’exté-
rieur un fluide normal (où la densité de défauts ne varie pas avec la température).

IV.3.3 Régime de densité optimal

Les cartographies de défauts présentées en IV.3.2 sont réalisées à densité d’excitons fixe.
Figure IV.17 sont présentées les cartographies pour trois régimes de densité différents au
centre du piège (1.8, 2.75, 3.5·1010 cm−2). Ces cartographies sont retranscrites en terme de
densité de défauts dans les figures IV.15.a et IV.16.a.

À une température fixe de 330mK, et pour différentes valeurs de densité allant de 2
à 3.5·1010 cm−2 (figure IV.15.b) on distingue dans la zone centrale du piège, une zone où
la densité de défauts chute à une valeur correspondant à environ la moitié de la densité de
défauts sur les bords du piège. Ce comportement est en accord avec le scénario microscopique
pour la théorie BKT, d’autant plus que le gaz répond aux critères pour son observation :

1. Les profils de densité dans l’espace des phases indiquent que la zone centrale du piège
(R < 3 µm) a une valeur au-dessus de la valeur critique Dc ≈ 8.

2. Les mesures de cohérence spatiale indiquent un niveau de cohérence plus élevé au
centre du piège et dans une certaine gamme de densité.

3. Les densités auxquelles se produit la diminution de densité de défauts montrée en
figure IV.15.b sont en accord avec les résultats de spectroscopie réalisés lors de la
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thèse de M. Beian [15], qui a montré un noircissement du gaz pour des densités
proches de nX = 2·1010 cm−2.

4. Pour cette même gamme de densité et à Tb < 1 K, la cohérence temporelle du gaz est
augmentée [100].
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Fig. IV.15 Mesures à température fixe Tb = 330 mK. (a) Profil spatial des
défauts de densité pour une densité centrale qui vaut 2.7·1010 cm−2 (rouge), 1.8·1010

cm−2 (noir) et 3.5·1010 cm−2 (bleu). (b) Densité de défauts pour la partie centrale
du piège R< 2 µm (rouge) et la partie extérieure R > 2 µm (noir). (c) Variation
du contraste d’interférence en fonction de la densité de défauts pour une densité
d’excitons au centre de 2.7·1010cm−2.
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Fig. IV.16 Mesures à température fixe Tb = 2.5 K (a-b) et en fonction
de la température (c). (a) Profil spatial des défauts de densité pour une densité
centrale qui vaut 2.7·1010 cm−2 (rouge), 1.8·1010 cm−2 (noir) et 3.5·1010 cm−2

(bleu). (b) Densité de défauts pour la partie centrale du piège R< 2µm (rouge) et
la partie extérieure R > 2µm (noir). (c) Variation de la densité de défauts dans la
zone R< 2µm en fonction de la température du bain d’excitons à densité centrale
fixée (2.7·1010 cm−2).
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Fig. IV.17 Cartographie des défauts dans la photoluminescence des excitons sur
60 expériences par densités et par température. Ligne 1, Tb = 340 mK et ligne 2,
Tb = 2.3 K.

IV.3.4 Détection automatique des défauts
En complément de la détection des défauts de densité « à la main », nous avons entrepris

une détection automatique, basée sur l’utilisation d’une routine Matlab de détection des
minimum locaux à 2D appelé FastPeakFind. À noter que le programme détecte correctement
les minima uniquement lorsque la zone étudiée présente un niveau de signal homogène.
Compte tenu de la forme particulière pour le profil de densité des excitons au sein du piège,
seule la partie centrale de 2 µm de rayon présente un profil suffisamment homogène, comme
on peut le voir en figure IV.18.a. L’analyse présentée dans ce paragraphe se concentre donc
sur la partie centrale du piège, là où une variation significative du nombre de défauts a été
mise en avant en fonction de la température et de la densité.

En figure IV.18.b sont montrés les résultats de l’analyse automatique à 330 mK et 2.5 K
où l’axe des ordonnées représente la somme des densités de probabilités. Il s’agit donc d’un
indicateur de la densité de défauts et montre une claire divergence entre les deux températures
considérées pour une densité identique à celle des analyses présentées en IV.3.3.

Le désavantage de la détection automatique est qu’elle est très sensible au niveau de signal
moyen défini par l’utilisateur et affecte la sensibilité de la détection si la zone considérée n’est
pas suffisamment homogène. En effet, bien que la zone centrale du profil de densité présenté
en IV.18.a soit homogène à cette échelle, un gros plan montre qu’il existe une diminution
du signal moyen entre 1 et 2 µm de rayon. Deux zones de densité homogène ont alors été
définies pour réaliser cette analyse : un disque central de 1µm de rayon, puis un anneau entre
1 et 2µm de rayon. Cependant, la définition de plusieurs zones provoque des effets de bords
qui diminuent l’efficacité de la détection.
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2.5-2.5

Fig. IV.18 (a) Profil de densité des excitons dans un piège de 10 µm de diamètre.
Seule la partie centrale grisée d’environ 1µm présente un profil suffisamment homo-
gène pour effectuer l’analyse automatique correctement. (b) Densité moyenne des
défauts en fonction de la densité dans le piège à 330 mK (rouge) et 2.5 K (bleu).

IV.3.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons montré que les excitons dipolaires piégés affichent un com-
portement caractéristique des gaz à l’équilibre thermodynamique. Ainsi, nous avons pu tracer
pour la première fois leur équation d’état. Le gaz montre également la propriété d’invariance
d’échelle, déjà observée dans des gaz d’atomes ultra-froids en interaction faible. Par ailleurs,
contrairement au systèmes atomiques, les excitons possèdent des interactions entre dipôles
fortes qui peuvent se modéliser par une interaction de contact ayant pour paramètre d’in-
teraction g̃ ∼ 6. Nous avons établi la valeur critique de densité dans l’espace des phases
Dc ≈ 8 grâce aux simulations Monte-Carlo. Cette valeur est en accord avec la prédiction
universelle Ds = 4 qui implique que la densité critique totale Dc > Ds dans l’hypothèse où
toutes les particules ne soient pas dans l’état superfluide. De plus, on s’attend à ce que la
densité critique Dc diminue avec la force des interactions g̃, telle que pour un système en
interaction forte, Dc aura une valeur proche de Ds. Avec les excitons dipolaires, bien qu’ils
possèdent des interactions fortes, c’est l’existence des quatre composantes de spin pour l’état
fondamental qui explique que la densité critique soit environ le double de Ds.

À travers une étude statistique des défauts d’intensité observés dans la photolumines-
cence des excitons, nous avons mis en évidence des indications fortes de la transition BKT à
la fois par la variation de densité au sein même du piège mais également en traversant le seuil
en température, attendu autour de 1.3 K. En corrélant cette étude à des mesures de cohé-
rence spatiale réalisées par des mesures interférométriques, deux régions aux comportements
distincts sont dévoilées : une région centrale pour laquelle la densité de défauts diminue de
moitié pour des densités restreintes autour de ∼ 2 · 1010 cm−2 et où la cohérence spatiale
indique un comportement non classique avec une cohérence à longue portée et d’autre part
une couronne externe présentant une densité de défauts maximale et une cohérence spatiale
très faible.

Ces résultats coïncident avec le processus microscopique décrit par Berezinskii, Kosterlitz
et Thouless pour lequel la prolifération de vortex en dessous de Ds = 4 vient diminuer
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drastiquement la cohérence en phase et empêche l’établissement d’une cohérence à longue
portée. À l’inverse, au dessus de la densité critique, la cohérence à quasi-longue portée est
rétablie par l’appariement de vortex/antivortex qui ne détruisent la phase que localement.
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Chapitre V

Équation d’état et universalité

Comme il a été montré au chapitre précédent, l’équation d’état des excitons dipolaires
montre une caractéristique proche d’une invariance d’échelle. Cependant, si on considère la
dépendance du paramètre d’interaction avec la température établie au paragraphe IV.1.2,
l’invariance d’échelle est perdue. Dans ce chapitre, nous allons voir qu’en traçant les courbes
normalisées par le paramètre d’interaction, on observe un nouveau caractère singulier qui est
l’universalité.

Dans un premier temps, je présenterai en quoi consiste le caractère universel, ce qui sera
illustré par des expériences menées avec des gaz d’atomes froids à la fois dans un piège
harmonique mais aussi sur réseau, pour faire varier la force des interactions. Puis, je présen-
terai les mesures effectuées avec les gaz d’excitons dipolaires sur un échantillon de nouvelle
génération. Grâce à des performances augmentées en terme de fluctuations électrostatiques
très faible, nous verrons qu’il est possible de tracer l’équation d’état des excitons avec une
très bonne précision. Cela nous a permis de dévoiler le caractère universel théoriquement
attendu. Enfin, je présenterai les mesures qui prouvent la dépendance logarithmique du pa-
ramètre d’interaction, établie au chapitre IV pour un gaz d’excitons dipolaires lorsqu’il est
modélisé par une interaction de contact.

V.1 Universalité

V.1.1 Robustesse de l’invariance d’échelle

L’invariance d’échelle observée au chapitre 4 est exceptionnelle car elle est observable
uniquement proche du point critique. Il s’agit néanmoins d’une invariance d’échelle approxi-
mative, puisqu’en toute rigueur, un système à deux dimensions ne présente pas d’invariance
d’échelle. C’est en fait à cause d’une faible résolution dans la mesure de la densité locale
d’excitons et donc la densité dans l’espace des phases que semble émerger cette invariance.
Pour étayer ce point, il sera montré dans la suite une comparaison des résolutions que nous
sommes capables d’atteindre en fonction de l’échantillon étudié.

Le calcul présenté au chapitre 4, montrant la possibilité de modéliser l’interaction entre
dipôles par une interaction de contact, a permis d’établir la dépendance en température du

89



90 Chapitre V. Équation d’état et universalité

paramètre d’interaction à 2D qui s’écrit dans sa forme générique comme

g̃ = − 2π
ln(k̄d∗)

(V.1)

avec d∗ = r0e3γ/2, un paramètre qui contient les caractéristiques des excitons puisqu’il
dépend de la longueur du dipôle d ∼ 12 nm et du rayon de Bohr aB ∼ 20 nm à travers
r0 la longueur typique de diffusion qui vaut r0 = d2/aB. En figure V.2 est représentée la
valeur du paramètre d’interaction g̃ en fonction de la température. À noter que les valeurs
approximatives pour d et aB engendrent une barre d’erreur sur la valeur de d∗ ; pour cette
raison, on définit plutôt une surface de valeurs possibles dans la figure V.2 (surface grisée).
On voit ainsi que l’invariance d’échelle est brisée lorsqu’on augmente la température, mais
on note par ailleurs qu’en renormalisant chaque courbe par g̃, l’ensemble des courbes doivent
se superposer, donnant une loi universelle telle que

nλ2
th = f(βµ̃/g̃) (V.2)

avec β = 1/kBT et µ̃ le potentiel chimique qui dépend de la position dans le piège.

V.1.2 État de l’art sur la mesure de l’universalité

L’universalité de l’équation d’état a été mesurée avec des systèmes atomiques par le
groupe de C.Chin en 2011 [28] pour une gamme de valeurs de la force d’interaction typique-
ment de l’ordre de 10% pour des atomes dans un piège harmonique. De plus, en modifiant la
fréquence du piège, il est possible de faire varier la force des interactions, ce qui leur a per-
mis d’atteindre des valeurs allant de 0.05 à 0.26. Puis, en combinant l’utilisation de réseaux
optiques avec la variation du champ magnétique au voisinage d’une résonance de Feshbach,
ils ont pu augmenter ce coefficient par 10, comme présenté dans leurs travaux de 2013 [30].
L’avantage des réseaux optiques est qu’il est possible d’atteindre des densités par site qui
sont plus élevées mais aussi d’augmenter la masse effective et par conséquent d’augmenter
la force des interactions pour aller de 0.5 à 2.8.

Le système étudié est bidimensionnel et le paramètre d’interaction prend la forme g =
4π/|ln(na2

2D)|, où a2D est la longueur de diffusion à 2D, avec la présence d’un terme lo-
garithmique, caractéristique de la dimension 2. Les auteurs ont étudié la transition BKT
au voisinage du point critique et déterminé les valeurs critiques de la densité dans l’espace
des phases nc, du potentiel chimique µc ou encore de la constante de couplage superfluide
Gc, comme il est décrit dans leurs précédents travaux menés dans un réseau d’atomes par
piégeage optique [101]. Ils ont ainsi exploré l’évolution des paramètres critiques en fonction
de la force des interactions puis étudié l’universalité de l’équation d’état :

ñ− ñc = H

(
µ̃− µ̃c
Gc

)
(V.3)

H étant une fonction sans dimensions.
Sur la figure V.1 est présentée l’évolution des paramètres critiques : (a) constante de

couplage, (b) le potentiel chimique et (c) densité dans l’espace des phases en fonction de la
force des interactions, dans un piège harmonique (points en noir) et dans un réseau optique
(points en blanc). L’universalité, qui se traduit par la superposition en une unique courbe
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Fig. V.1 Paramètres critiques de la transition superfluide en fonction de la force
des interactions. Les points en blanc sont mesurés avec le réseau optique tandis que
les points noirs sont mesurés in situ avec un gaz 2D dans un piège harmonique.
L’évolution du paramètre de couplage critique dans la figure (a) est comparée à la
prédiction en champ moyen (en rouge) et une théorie perturbative (en vert). La
prédiction utilisant la théorie de champ classique est représentée par les courbes en
bleu et avec la théorie de Ginzburg-Landau, en noir (b-c). Figure extraite de Ha et
al., Phys. Rev. Lett., 2013 [30]

comme on peut le voir dans l’insert de la figure V.1.a, confirme le rôle crucial des interactions
à 2D et la possibilité d’étendre la théorie des gaz en interaction faible (g � 1) aux gaz en
interaction forte (g ≥ 1).

V.2 Avec les excitons dipolaires

V.2.1 Interactions « fortes »

En comparaison avec les systèmes atomiques, les excitons dipolaires présentent une force
d’interaction entre particules renforcée par leur large moment dipolaire qui permet d’at-
teindre pour g̃ des valeurs 10 fois supérieures à celles des atomes dans un piège harmonique.
Jusqu’à présent, la majorité des études théoriques se sont focalisée sur les systèmes en in-
teraction faible (g̃ � 1) [102, 97], bien que l’émergence des gaz dipolaires avec des atomes
de chrome [103] et l’étude de molécules bosoniques aient apporté un regain d’intérêt [104],
la théorie associée reste néanmoins très peu développée. Par ailleurs, la définition de la li-
mite interactions faibles/fortes est définie dans la littérature de manière qualitative. C’est
en prenant la limite des interactions fortes comme la valeur de g̃ pour laquelle l’énergie
d’interaction de N particules atteint l’énergie cinétique de N particules qui n’interagissent
pas entre elles et répartie dans l’état d’énergie le plus bas, que Hadzibabic et Dalibard
définissent la valeur limite de g̃ = 2π [95]. Par une autre méthode d’analyse, en étudiant
l’effet des excitations phononiques sur l’évolution de la population n0 dans le condensat,
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Fig. V.2 Évolution du paramètre d’interaction en fonction de la température pour
différentes valeurs de d∗ caractérisant le système.

Holzmann a défini une valeur critique pour g̃ de 4π [105].
Dans le cas des excitons dipolaires, la force des interactions varie avec la température

du gaz, comme il a été montré au chapitre IV, où la dépendance logarithmique, typique des
systèmes à deux dimensions a été mise en évidence. Cette dépendance est illustrée en figure
V.2 pour différentes valeur du paramètre d∗ qui caractérise le système à travers la taille du
dipôle de l’exciton et son rayon de Bohr.

V.2.2 Précision de la mesure de densité

L’effet de la diffusion spectrale discutée au chapitre II est à l’origine de notre principale
limitation expérimentale pour établir l’équation d’état des excitons. De ce point de vue,
l’avantage de l’échantillon 2 est le niveau de fluctuations qui est divisé par 4 par rapport au
premier échantillon. Les fluctuations trouvent leur origine dans les charges photo-injectées
par la laser et qui transitent dans l’hétérostructure quand celle ci est polarisée électrique-
ment. Comme la qualité de la conduction des charges est bien meilleure dans l’échantillon 2,
les charges excédentaires sont plus facilement évacuées. En termes quantitatifs, l’échantillon
1 est soumis à des fluctuations moyennes de l’ordre de 400 µeV sur l’énergie de la photolu-
minescence ce qui engendre une erreur sur la densité calculée de ± 4·109 cm−2, tandis que
pour l’échantillon 2 le niveau de fluctuation mesuré est de l’ordre de 100 µeV (pour une
température de 330 mK) et donc une erreur sur la densité de ± 1·109 cm−2. Le tableau V.3
récapitule l’ensemble des erreurs commises en fonction du niveau de fluctuations de l’énergie,
qui, comme nous allons le voir dans la suite, possède une dépendance en température.

V.3 Mesures

Pour augmenter le nombre de points pour tracer l’équation d’état, nous avons fait le
choix de travailler sur un piège plus grand, de 20 µm de diamètre, puisque la résolution
optique est limitée à 1 µm. Cela nous permet d’avoir une vingtaine de points pour chaque
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∆EX [µeV] ∆nX [109 cm−2] ∆nXλ2
th (Tb = 330 mK) ∆nXλ2

th (Tb = 1.2 K)
± 250 (éch. 1) ± 5 ± 4 ± 1
± 200 (éch. 1) ± 4 ± 3 ± 0.8
± 100 (éch. 2) ± 2 ± 1.6 ± 0.4
± 50 (éch. 2) ± 1 ± 1.5 ± 0.2

Fig. V.3 Tableau récapitulatif des fluctuations de la densité nX et de la densité
dans l’espace des phases nXλ2

th pour deux températures Tb=330mK et 1.2K en
fonction de la fluctuation en énergie ∆EX .

densité considérée. De la même manière que pour l’équation d’état présentée au chapitre IV,
à partir de spectres résolus spatialement, on récolte le blueshift de la photoluminescence des
excitons et on en déduit la densité d’excitons présents dans le piège.

V.3.1 Caractérisation de l’échantillon 2

Mesures stroboscopiques

Les mesures stroboscopiques constituent une caractérisation très instructive et particu-
lièrement adaptée pour évaluer la qualité du système par l’analyse des paramètres pertinents
en fonction du délai après l’extinction du laser, et permet de déterminer le régime de densité
optimal pour observer la dégénérescence du gaz. En figure V.4 sont présentées les mesures
stroboscopiques de l’échantillon 2 en configuration piège (Vc=−4.4 V et Vg=−4.1 V) et une
puissance d’excitation de 3 µW. La largeur spectrale donnée figure V.4.d est un paramètre clé
qui traduit la cohérence de phase des excitons brillants dans l’état de plus basse énergie ; on
s’attend donc à une largeur de raie de photoluminescence réduite pour un état parfaitement
condensé. On observe par ailleurs pour les longs délais (> 200 ns) que les états localisées
dans les défauts donnent lieu à des largeurs spectrales très faibles qu’il faut distinguer d’un
état condensé, puisque ceux-ci se trouvent dans des régimes de densité théoriquement trop
faibles pour donner lieu à la condensation. L’énergie donne la densité totale d’excitons pré-
sents quelque soit son état de spin tandis que l’intensité et l’intensité intégrée renseigne sur
la population d’excitons brillants. Plus précisément, l’intensité intégrée représente la somme
des photons émis dans un intervalle de temps et on observe sur la figure V.4.c que ce nombre
diminue alors qu’on abaisse la température, qui se séparent clairement à 200 ns comme on
peut le voir dans l’insert de la figure V.4.c. On remarque par ailleurs une rupture de pente
dans l’intensité intégrée qui s’opère au délai 200 ns, indiquant un changement de régime.

Fluctuations en énergie

Pour identifier le régime le plus stable en terme de fluctuations électrostatiques, nous
avons étudié les fluctuations en énergie en fonction du délai après l’extinction du laser comme
présenté en figure V.5.a. Sur cette figure, chaque courbe correspond à la moyenne des fluc-
tuations mesurées sur l’ensemble du piège pour un découpage de la photoluminescence par
tranches de 1 µm. On observe que c’est à basse température que le niveau de fluctuation
est le plus bas et atteint un minimum autour de 200 ns. Plus la température augmente et
plus le niveau de fluctuations augmente ; il atteint une valeur autour de 200 µeV à Tb = 1.8
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Fig. V.4 Paramètres caractéristiques de la photoluminescence des excitons en fonc-
tion du délai après la fin de l’injection optique, pour l’échantillon 2. (a) énergie,
(b) intensité, (c) intensité intégrée et (d) largeur spectrale. Les potentiels appliqués
sur les électrodes de surfaces sont Vc=−4.4 V (électrode centrale) et Vg=−4.1 V
(électrode de garde).
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Fig. V.5 (a) Fluctuations en énergie en fonction du délais après l’extinction du
laser d’injection pour quatre températures (0.34, 0.95, 1.2, 1.8 K). (b) Fluctuations
normalisées par le temps d’exposition ∆t.
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K. Ce comportement est en accord avec le fait que l’énergie thermique permet aux charges
excédentaires de transiter plus facilement dans l’hétérostructure et peuvent perturber la sta-
bilité du gaz. Après 200 ns le niveau de fluctuations augmente pour toutes les températures,
ce qui peut être dû au temps d’exposition rallongé à longs délais. La figure V.3.b représente
la fluctuation en énergie normalisée par la temps d’exposition pour s’affranchir de cet effet.
Deux régimes se dessinent : avant 200 ns, on observe une diminution linéaire des fluctuations ;
après 200 ns, elle se stabilise.

En corroborant les résultats des mesures stroboscopiques avec celles issues des analyses
de fluctuations, on met en évidence trois régimes de mesures :

1. Régime dilué : juste après l’excitation laser et jusqu’à 70 ns de retard après l’ex-
tinction laser, le niveau de fluctuations électrostatiques est élevé à cause des charges
libres photo-injectées. Le piège est très peuplé, le blueshift mesuré est autour de 1.3
meV ce qui correspond à une densité d’excitons de 2.5·1010 cm−2, valeur comparable
à la densité théorique requise pour l’observation d’un état condensé.

2. Régime intermédiaire : entre les délais 70 et 200 ns. Le blueshift, varie de 1 meV
à 200 µeV et donne une densité d’excitons correspondante de 20 à 4 ·109 cm−2. Dans
cette plage de densité, s’ouvre un éventail dans l’intensité et l’intensité intégrée (mieux
visible dans l’insert de la figure V.4.c) en fonction de la température Tb. Ce phéno-
mène, déjà rapporté dans les travaux de M. Beian [15] marque le refroidissement du
gaz. La largeur de la raie, moyennée sur 20 images, se trouve autour de ∼ 800 µeV,
contre 1.3 meV pour l’échantillon 1 dans une configuration similaire de « piège » (|Vc|
> |Vg|).

3. Régime très dilué : pour des délais supérieurs à 200 ns, le gaz est très dilué et les
excitons se localisent dans les défauts de potentiel. Les largeurs de raie associées sont
les plus faibles, autour de 600 µeV (mesurées par spectroscopie sur un réseau de 600
traits/mm de résolution égale à 400 µeV).

Avec l’échantillon 2, la densité maximale atteignable est limitée à une valeur de 2.5·1010 cm−2,
correspondant à la gamme de densité nécessaire pour la condensation. À titre de comparaison,
dans le régime dense avec l’échantillon 1, la densité atteint des valeurs supérieures à 4 ·1010

cm−2. Par ailleurs, grâce à un niveau de fluctuations divisé par un facteur 4, il est possible de
tracer une équation d’état avec une meilleure précision que celle présentée dans le chapitre
IV.

Cohérence temporelle du gaz

Les mesures réalisées par spectroscopie sur réseau sont limitées par la résolution de l’ins-
trument (0.4 meV avec le 600 traits/mm et 0.2 meV avec le 1800 traits/mm). Bien que la
résolution avec un réseau de 1800 traits/mm soit adaptée pour sonder les largeurs de raies
des excitons, de telles mesures nécessitent un temps d’acquisition plus long qui les rendent
sensibles au processus d’élargissement inhomogène. Nous avons donc choisi de caractériser
plus finement les performances du gaz en utilisant la spectroscopie par transformée de Fou-
rier qui consiste en des mesures interférométriques. L’avantage de cette technique est que le
temps d’exposition nécessaire à l’acquisition des interférogrammes est deux fois plus court
que pour la spectroscopie sur réseau, ce qui permet de s’affranchir partiellement des effets
de fluctuations électrostatiques.
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Ces expériences sont réalisées avec un décalage latéral nul (r=0) entre les deux sorties de
l’interféromètre puis en faisant varier la différence de marche de τ = 0 à τ = 1.4 mm, soit
l’équivalent de τ=0 à 4.6 ps. Les résultats sont présentés en figure V.6 pour deux remplissages
du piège, nX = 1.2·1010 cm−2 (rouge) et nX = 5·109 cm−2 (bleu) où chaque point représente
le contraste moyen sur 20 interférogrammes. Chaque courbe est ajustée par une exponentielle
de la forme a∗exp(−t/τ) + c duquel on extrait le temps de cohérence τ qui est le temps
caractéristique du déclin de l’exponentielle. On obtient respectivement τ = 2.5 ps and 3.7
ps pour une densité d’excitons de 1.2 et 0.5 1010 cm−2. Par cette analyse, il n’est cependant
pas possible d’extraire le temps de cohérence associé au gaz d’excitons. Cela vient du fait
qu’il existe deux composantes dans le spectre mesuré : l’un est lié au « bruit de charge » qui
possède une forme exponentielle dans l’espace des fréquences [106], l’autre est lié au signal
issu du gaz d’excitons pur. Dans l’espace fréquentiel, le signal correspond au produit de deux
exponentielles : exp(−t/τ1)×exp(−t/τ2). On en déduit que le temps de cohérence τ mesuré
correspond à 1/τ = 1/τ1 + 1/τ2, avec par exemple τ1 associé au bruit de charge et τ2 le
temps de cohérence des excitons. Dans l’hypothèse où le bruit de charge perturbe le gaz
d’excitons avec τ1 � τ2 alors le temps de cohérence global est dominé par le bruit de charge
et τ1 ≈ τ .
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Fig. V.6 (a) Exemple d’interférogramme mesuré à l’autocorrélation. Un pro-
gramme automatique sélectionne une coupe contenant les 3 franges centrales (sé-
lectionnées en rouge). La coupe est ensuite ajustée par une somme de sinus d’où on
détermine le contraste. En (b) un exemple de coupe pour un retard temporel de 1.8
ps avec en bleu les points expérimentaux et en rouge la courbe d’ajustement. (c) Le
module de fonction de corrélation au premier ordre g(1)(r = 0,t) donne le contraste
moyen sur 20 images en fonction de la différence de marche dans l’interféromètre
δt pour deux densités. Les courbes sont ajustées par une exponentielle simple dont
le temps de décroissance caractéristique est respectivement de 2.5 ps et 3.7 ps.
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V.3.2 Mesure de l’équation d’état et universalité

La caractérisation de l’échantillon 2 à travers ses performances spectrales nous a permis de
mettre en évidence les régimes de densités adéquats pour tracer l’équation d’état. Nous avons
identifié les régimes 1 et 2 comme réunissant les meilleures performances de par le niveau
de fluctuations, la largeur de raie et une densité suffisante pour traverser le seuil de densité
critique dans l’espace des phases. La première étape à accomplir afin de tracer l’équation
d’état est de déterminer le potentiel de confinement. Celui-ci varie d’un échantillon à l’autre,
à cause de la distance des doubles puits par rapport aux électrodes de surface. La fréquence
de piégeage pour ce nouvel échantillon doit se trouver différente de celle que nous avons
mesurée pour l’échantillon 1. C’est ce qui est illustré dans la figure V.7 où on remarque, par
l’aspect des spectres résolus spatialement, que la fréquence de piégeage est bien plus faible
dans l’échantillon 2 que sur le premier échantillon. Pour déterminer la forme du piégeage
dessiné en rouge sur la figure V.7.a, nous avons utilisé une dizaine de spectres enregistrés
au délai 350 ns. Les ailes extérieures du profil de confinement sont déterminées à l’aide des
spectres résolus spatialement avec un remplissage du piège plus élevé, i.e. à des délais plus
courts. Un exemple de remplissage de piège est présenté au délai 130 ns auquel est superposé
le profil de confinement (courbe rouge).
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Fig. V.7 La forme du potentiel de confinement est définie grâce aux spectres réso-
lus spatialement, enregistrés à long délais après l’extinction du laser comme en (a)
au délai 350 ns. La figure (b) représente un exemple de remplissage du piège, ici à
130 ns auquel est superposé le profil de confinement défini à long délai (en rouge).

La densité, puis la densité dans l’espace des phases sont calculées en utilisant le même
protocole que celui décrit dans le chapitre IV. Nous avons apporté une amélioration en tenant
compte de l’effet de l’écrantage du champ externe par les deux plans de trous et d’électrons.
Grâce au niveau de précision que nous sommes capable d’atteindre avec l’échantillon 2, nous
avons donc pris en compte l’effet de cet écrantage qui dépend linéairement de la densité
et modifie le terme de confinement V (r) en V (r) − Eint(nX). Cette amélioration permet
d’accéder à une précision relative de l’ordre de 10% supplémentaire.

En traçant nXλ2
th en fonction de βµ, on obtient les figures V.8.a pour sept températures

et V.8.b pour deux températures sélectionnées. L’ensemble des courbes tracées dans la figure
V.8.a se distribuent en éventail et sont comprises dans un intervalle défini par les courbes
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issues des simulations Monte-Carlo avec un coefficient d’interaction allant de g̃ = 4 à g̃ = 7.
Le coefficient d’interaction g est lié à la pente de la courbe nXλ2

th = f(βµ, g). Les barres
d’erreurs indiquées sur la figure V.8.b sont obtenues statistiquement. On observe que les
points à 1.2 K suivent très bien la simulation avec une force d’interaction entre g̃ = 6 et 7
tandis que les points à 0.34 K, bien que l’erreur associée soit plus élevée, suivent de manière
très visible la simulation avec g̃ = 4. En normalisant toutes les courbes par la valeur de
g ajustant au mieux les données, on obtient la figure V.8.c où l’ensemble des courbes se
superposent et dévoilent le caractère universel de l’équation d’état.
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Fig. V.8 (a) Équation d’état pour des températures allant de 0.34 K à 1.8 K. (b)
Équation d’état pour deux températures : 0.34 K et 1.2 K. Les simulations Monte-
Carlo donnent les ajustements représentés en noir pour g̃ = 4, 6.5 et 7. (c) Équation
d’état normalisée par le coefficient d’interaction g̃.

V.3.3 Universalité des fluctuations

Dans cette section, nous allons voir que l’universalité observée sur l’équation d’état s’éta-
blit également à travers l’étude des fluctuations de densité. Cette propriété sera démontrée
dans le calcul présenté dans le premier paragraphe. Je présenterai ensuite les mesures effec-
tuées pour déterminer la force des interactions à travers l’étude des fluctuations. Nous serons
alors capable de tracer la force des interactions g en fonction de la température et nous ver-
rons que ces mesures sont en accord avec la théorie qui prédit une évolution logarithmique
avec Tb.

Calcul théorique

Nous utilisons encore une fois une description dans l’ensemble grand canonique où le
système échange des particules et de l’énergie avec un réservoir. La fonction de partition
s’écrit

Z =
∑
m

e−β(Em−µNm) (V.4)
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avec m l’indice du micro-état. Le nombre moyen de particules est donné par

〈N〉 = 1
Z

∑
m

Nme
−β(Em−µNm) = 1

βZ

∑
m

∂

∂µ

(
e−β(Em−µNm)

)∣∣∣
V,T

(V.5)

= 1
βZ

∂

∂µ

∑
m

(
e−β(Em−µNm)

)
︸ ︷︷ ︸

Z

= 1
β

∂lnZ
∂µ

∣∣∣∣
V,T

(V.6)

De même,

〈N2〉 = 1
Z

∑
m

N2
me
−β(Em−µNm) (V.7)

= 1
β2Z

∂2Z

∂µ2

∣∣∣∣∣
V,T

(V.8)

Ce qui nous permet de calculer la variance du nombre de particules ∆2
N

∆2
N = 〈N2〉 − 〈N〉2 = 1

β2Z

∂2Z

∂µ2 −
( 1
β

∂lnZ
∂µ

)2
(V.9)

= 1
β2

∂

∂µ

( 1
Z

∂Z

∂µ

)
︸ ︷︷ ︸

β〈N〉

(V.10)

= 1
β

∂〈N〉
∂µ

= ∂2lnZ
∂(βµ)2 (V.11)

Le logarithme de la fonction de partition ln(Z) est une quantité extensive tandis que β et µ
sont des quantités intensives

〈N〉 ∼ 〈N2〉 − 〈N〉2 ∝ V (V.12)

on détermine alors que le nombre moyen de particules ainsi que la variance ∆2
N sont des

quantités extensives, proportionnelles à V le volume du système.
Si on suppose qu’il existe une invariance d’échelle dans le système telle que la densité

dans l’espace des phases est une fonction de βµ, i.e.

nλ2 = f(βµ) (V.13)

où cette fois on considère la densité moyennée spatialement n = 〈N〉/V , λ2 = 2π~2/mkBT
et f une fonction sans dimension. On obtient donc

〈N2〉 − 〈N〉2 = V λ−2∂nλ
2

∂βµ
= V λ−2g(βµ) (V.14)

où la fonction g(x) = f ′(x) est aussi sans dimension. On peut réécrire

[〈n2〉 − 〈n〉2]λ2V = g(x) (V.15)

ce qui exprime l’invariance d’échelle pour ∆n2λ2 représentant les fluctuations de densité. Si
la densité n’était pas moyennée spatialement, l’invariance d’échelle aurait été observée pour
∆n2λ4.
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Mesures

L’invariance d’échelle attendue pour les fluctuations de densité est explorée dans cette
section. Pour cela, on relève la variance σ2

X de la densité qu’on trace en fonction de βµ
comme présenté dans la figure V.9.a pour les mêmes températures que celles utilisées pour
tracer l’équation d’état. À basse température, Tb = 0.34 K (ligne rouge foncée), seule la
zone βµ = [2, 11] est tracée car pour de plus faibles valeurs de βµ la statistique de points
n’est pas suffisante pour conclure. En revanche, à haute température, Tb = 1.8 K (courbe
bleue foncée), la gamme de βµ sondée est plus faible (< 0), ce qui est un effet direct de la
température car l’axe de abscisses est fonction de l’inverse de kBT .

Pour chaque température, le niveau de fluctuations sature à une valeur qui dépend de la
force des interactions g, comme on peut le voir figure V.9.a. En comparant les niveaux de
fluctuations relatifs, nous avons déterminé la valeur du paramètre g. La valeur de référence
pour g̃ est choisie à haute température car c’est celle pour laquelle l’erreur sur la mesure est
la plus faible. Elle est définie à g̃ = 7 pour une température de 1.8 K en ajustant l’équation
d’état par une courbe issue de la simulation Monte-Carlo. Puis, nous avons déduit les valeurs
de g̃ pour les autres températures en comparant le niveau relatif des fluctuations. Ceci nous
permet finalement de tracer la figure V.9.b. dont les points expérimentaux sont encadrés par
deux valeurs possibles pour le paramètre d∗ que l’on évalue en théorie autour de 18 et 22 nm
(d∗ = (d2/aB)e3γ/2 avec d la distance entre puits et aB le rayon de Bohr de l’exciton).
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Fig. V.9 (a) σ2
Xλ

2 en fonction de µ/kBT avec σ2
X la variance sur la mesure de

densité d’excitons. Le plateau de saturation des fluctuations pour chaque tempé-
rature permettent de déduire la force des interactions reporté en (b). Les deux
courbes en rouge sont des ajustements théoriques qui dépendent du paramètre d∗,
caractéristique du système d’excitons dans un double puits et dont la valeur est
approximative.
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V.4 Conclusion
Au cours de ce chapitre, nous avons vu que la force des interactions associée aux excitons

indirects se trouve au-delà des valeurs maximales que l’on peut trouver dans les gaz d’atomes
froids. Bien que leurs interactions puissent être qualifiées de « fortes » en comparaison à
d’autres systèmes (atomes, excitons-polaritons), la définition stricte du seuil d’interaction
faible/forte, qui est 2π ou 4π, permet de classer le système d’exciton dans la catégorie des
interactions faibles. De ce fait, la théorie associée reste la même que celle développée pour
les systèmes atomiques.

Nous avons étudié une nouvelle génération d’échantillon, fabriqué dans un centre d’épi-
taxie spécialisé dans les matériaux à base de GaAs. La mobilité des échantillons fabriqués
est l’une des meilleures au monde. Ceci nous a permis de réduire le niveau de fluctuations,
qui est désormais jusqu’à 4 fois plus faible que sur l’échantillon 1. Grâce à cette avancée
technologique, nous sommes capable de tracer l’équation d’état avec une très bonne préci-
sion pour sonder la thermodynamique du gaz d’excitons. Nous avons également présenté la
mesure du paramètre d’interaction qui varie avec la température du gaz et modifie la pente
des équations d’état. Nous avons vu qu’en normalisant chaque courbe par son coefficient
d’interaction associé, on montre le caractère universel, où toutes les courbes se confondent
en une unique courbe.

Enfin, nous avons exploré la dépendance logarithmique du paramètre d’interaction atten-
due pour des systèmes à deux dimensions. Cette dépendance a été sondé expérimentalement
à travers l’étude des fluctuations de densité et leurs niveaux de saturation relatifs. En accord
avec les incertitudes expérimentales, on trouve que le paramètre d’interaction est compris
dans une plage théoriquement définie par l’erreur possible sur la valeur de d∗ qui caractérise
le double puits quantique.
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Conclusion

Dans ce manuscrit, nous avons présenté des preuves expérimentales de la transition
Berezinskii-Kosterlitz-Thouless pour des excitons dipolaires dans un piège électrostatique
de 10 µm de diamètre. Les expériences sont menées dans des hétérostructures semiconduc-
trices composées d’un double puits quantique de GaAs/AlGaAs intégré dans un dispositif
à effet de champ. Le premier résultat majeur présenté dans ce manuscrit est la mesure de
l’équation d’état d’un gaz d’excitons. Elle est représentée en fonction des variables adimen-
sionnées nXλ2

th, la densité dans l’espace des phases et du rapport µ/kBT , avec µ et kBT
sont les deux seules échelles d’énergie du système. L’équation d’état est tracée à partir de
spectres résolus spatialement, enregistrés pour différents remplissages du piège. Lorsque le
gaz est ultra dilué, les quelques excitons piégés dans des défauts de potentiel permettent de
dessiner la forme du potentiel harmonique qui retient les particules et ainsi de déduire la
fréquence de piégeage. Pour un remplissage plus élevé, nous sommes capables de déterminer
la densité d’excitons présents dans le piège à travers le blueshift de l’énergie de la photo-
luminescence. Enfin, grâce à l’approximation de la densité locale, on peut assimiler chaque
région du piège à une zone homogène en densité et ainsi révéler la physique d’un gaz ho-
mogène à 2D. De cette manière, nous avons pu observer l’invariance d’échelle approximative
de l’équation d’état, en accord avec la résolution expérimentale à disposition, ce qui nous a
permis d’illustrer le caractère bidimensionnel du système et de démontrer pour la première
fois l’équilibre thermodynamique d’un gaz d’excitons piégés.

Grâce aux simulations Monte-Carlo, nous avons pu estimer la densité totale dans l’es-
pace des phases pour laquelle s’opère la transition d’un état normal vers un état superfluide
autour de Dc ≈ 8. Les profils de densité dans l’espace des phases ajustés par les simula-
tions ont montré que la densité critique était atteinte à une température de Tb = 330 mK
uniquement dans la région centrale du piège. Dans les régimes de densité correspondants,
nous avons réalisé une mesure du niveau de cohérence en fonction de la position dans le
piège lors d’expériences d’interférométrie spatiale. Nous avons pu définir une zone centrale
(pour un rayon R < 3 µm) pour laquelle le degré de cohérence émerge de la valeur fixée
par le niveau de bruit. En complément de ces mesures d’interférométrie spatiale, nous avons
réalisé une détection des défauts de densité dans la photoluminescence qui montre une di-
minution du nombre de défauts dans une gamme de densité et de température restreinte.
La cartographie de ces défauts a révélé une zone centrale en accord avec la zone définie par
les mesures interférométriques. L’ensemble de ces observations ont permis de conclure sur la
nature superfluide de la zone centrale pour un rayon inférieur à 3 µm, montrant la transition
vers un état avec un haut degré de cohérence et une faible densité de défauts.

Un aspect important à considérer dans le système que nous étudions est le caractère
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multi-composantes de l’état fondamental. Il est constitué de deux états de spins S = ±1
et S = ±2, séparés de quelques µeV à cause des processus coulombiens interbandes qui
concernent uniquement les excitons brillants et sont par conséquent légèrement plus haut
en énergie. Dans les simulations Monte-Carlo réalisées ici, nous avons pris en compte cet
aspect, ce qui nous a permis de définir la densité critique dans l’espace des phases. Nous
avons constaté par notre étude statistique des défauts dans une gamme de densité autour
de 2.7 ·1010 cm−2 une réduction des défauts d’un facteur 2 dans la partie centrale. Ceci
s’explique par l’existence d’un couplage cohérent entre les états noirs et les états brillants dû
aux processus d’échange de fermions. Les états brillants introduisent donc une partie excitée,
non-superfluide, où se forment des vortex libres, ce qui permet de comprendre pourquoi la
diminution du nombre de défauts ne tend pas vers zéro dans la partie centrale du piège.

Durant ce travail, nous avons également réalisé une avancée majeure d’un point de vue
expérimental. Grâce à une nouvelle génération d’échantillons comportant un très faible ni-
veau de fluctuations de charges nous avons amélioré d’un facteur 4 la stabilité de nos mesures.
Cette avancée a permis de sonder avec précision la thermodynamique du gaz d’excitons à
travers son équation d’état. Nous avons observé une nouvelle caractéristique de celle-ci qui
est l’universalité, présentée dans le dernier chapitre du manuscrit. Une invariance d’échelle
est mesurée en normalisant le rapport d’énergie µ/kBT par la force des interactions g. Enfin,
l’étude de l’invariance des fluctuations nous a permis de déduire le paramètre d’interaction
pour chaque température, mettant en évidence la dépendance logarithmique théoriquement
attendue entre le paramètre d’interaction et la température du bain d’excitons.

Perspectives

Mesure du déclin algébrique de la fonction de corrélation g(1)(r)

Le déclin algébrique de la cohérence spatiale est une signature très recherchée pour mettre
en évidence la transition BKT [85, 86]. La mesure de cette caractéristique pour notre système
représente à l’heure actuelle un défi expérimental de par la taille de la zone superfluide qui est
seulement de 3 µm de rayon. Pour pouvoir conclure à une éventuelle décroissance algébrique
ou exponentielle, la taille requise du système est de 10 à 20 fois la longueur de cohérence.
Le seul avantage en faveur de cette mesure pour des excitons dipolaires est que la longueur
de cohérence diminue avec la force des interactions (et qui est dans notre cas 10 à 100 fois
plus grande que les autres systèmes explorés puisque ξ ≈ 25 nm). Il reste néanmoins la
nécessité de produire un état superfluide homogène sur plusieurs dizaines de µm puisque
notre résolution spatiale est limitée à 1 µm.

Transition Isolant de Mott/Superfluide

Une extension naturelle de ce travail de thèse serait d’étudier la transition vers l’état
superfluide en façonnant le confinement spatial à l’aide d’un réseau 2D comportant une hau-
teur de barrière ajustable. Dans un réseau de puits de potentiel, les interactions répulsives
entre excitons conduisent à une configuration où l’on pourrait observer une répartition uni-
forme des particules sur l’ensemble des sites du réseau. Les particules étant localisées dans
chaque site, le système forme ce qu’on apelle un isolant de Mott. À mesure que l’on abaisse
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les barrières entre sites, l’extension spatiale de la fonction d’onde des particules augmente,
ce qui permet d’introduire des interactions entre les sites du réseau. Cela peut donner lieu à
l’apparition d’un état superfluide où les particules sont délocalisées sur tout le réseau avec
une cohérence de phase entre les site. Une telle transition a été observée avec des atomes
froids piégés dans un réseau optique [107]. En complément, un tel système pourrait per-
mettre d’observer une phase supersolide dans laquelle est conservée à la fois la cohérence
de phase du superfluide et l’organisation spatiale d’un isolant de Mott [108, 109].Dans cette
perspective, nous avons amorcé l’élaboration de réseaux d’électrodes déposées à la surface
de l’échantillon avec deux types d’organisation (carré et hexagonal), comme présenté dans
la figure V.10. Deux sous-réseaux d’électrodes indépendants sont destinées à être polarisées
par des tensions V1 6= V2 formant un piège pour les excitons dans les sites signalées en jaune.

4 μm 2 μm 3 μm

(a) (b) (c)

V1

V2

Fig. V.10 Images par microscopie électronique à balayage de réseaux d’électrodes.
(a) réseau carré, (b) réseau hexagonal de barrières épaisses, (c) réseau hexagonal
avec des barrière fines.
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Sujet : Exploration de la transition Berezinskii-Kosterlitz-Thouless
avec des excitons dipolaires

Résumé : Ces travaux sont consacrés à l’étude d’un gaz d’excitons bidimensionnel créé dans
un double puits quantique de semiconducteurs. Grâce à un champ électrique appliqué perpen-
diculairement au plan des puits, les deux composants de l’exciton, l’électron et le trou, sont
chacun confinés dans deux puits séparés. Ceci donne naissance à des excitons avec un fort mo-
ment dipolaire, piégés et refroidis à très basse température. Dans ce manuscrit, nous étudions
les propriétés du gaz d’excitons à travers la photoluminescence émise lors de la recombinaison
des paires électron-trou, que nous analysons grâce à des mesures spectroscopiques et interféromé-
triques. Ainsi, nous avons étudié la thermodynamique et établi l’équation d’état du gaz d’excitons
dans un piège harmonique. Nous avons dévoilé l’universalité de l’équation d’état ce qui a rendu
possible la première démonstration de l’équilibre thermodynamique du gaz et a aussi permis
d’évaluer la force des interactions entre excitons. En associant des mesures de cohérence spatiale
et l’étude de la distribution de défauts de densité dans la photoluminescence des excitons, nous
avons montré que dans une zone centrale du piège de rayon R < 3 µm, il s’opère conjointement
une augmentation du niveau de cohérence et une diminution de la densité de défauts. Des travaux
précédents ayant montré que ces défauts pouvaient constituer des défauts topologiques appelés
vortex, nos observations constituent ainsi un ensemble de preuves de l’établissement d’un état
superfluide dans la partie centrale du piège, en accord avec la théorie prédite par Berezinskii,
Kosterlitz et Thouless.

Mots clés : Excitons, optique, semiconducteurs, photoluminescence, transition BKT, condensa-
tion de Bose-Einstein, superfluidité, défauts topologique

Subject : Exploring the Berezinskii-Kosterlitz-Thouless transition
with dipolar excitons

Abstract: This work is devoted to the study of a two dimensional exciton gas created in a semi-
conductor double quantum wells. Thanks to an electric field applied perpendicular to these layers,
the exciton constituents, namely, the electron and the hole, are confined each in one quantum
well so that excitons inherit a strong electric dipole. In this manuscript, we study the properties
of such exciton gas trapped at very low temperature, through the photoluminescence emitted
by electron-hole recombinations. We particularly study the emitted light using spectroscopic and
interferometric techniques. Thus, we explore the thermodynamics of a trapped gas and quantify
its equation of state. We unveil an important feature: the universality of the equation of state,
which allows the first demonstration of thermodynamic equilibrium for excitons, and we realize
a direct measurement of the excitons dipolar interaction strength. By probing both the spatial
coherence and the density of defects of the excitons photoluminescence, we show that it exists a
central region (R < 3 µm) in an exciton trap where a high degree of spatial coherence is conditio-
ned by a decrease of the defects density. Our experiments thus provide a set of evidences pointing
towards a Berezinskii-Kosterlitz-Thouless transition for trapped 2D exciton gas.

Keywords : Excitons, optics, semiconductors, photoluminescence, BKT transition, Bose-
Einstein condensation, superfluidity, topological defects
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