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Introduction

Les hétérostructures semi-conductrices offrent depuis quelques années la possi-
bilité d’étudier I'interaction rayonnement-matiére dans des systémes prometteurs
en optoélectronique. Ce travail de thése est consacré a I’étude des modifications
des propriétés quantiques de la lumiére dans les microcavités semi-conductrices
en régime de couplage fort, & partir de prédictions qui reposent sur une descrip-
tion fondamentale des processus cohérents dans le systéme. La détermination des
propriétés de la lumiére permet de remonter aux propriétés du champ de polari-
ton dans le systéme, de nature mixte rayonnement-matiére. L’optique quantique
permet ainsi de décrire a la fois les états non-classiques de la lumiére, produits
par interaction résonante avec le systéme, et de comprendre certains des aspects
quantiques des processus non linéaires et en particulier des propriétés du champ
de polariton. Les processus non linéaires dans les microcavités semi-conductrices
présentent des analogies profondes avec des systémes bien connus de ’électrody-
namique quantique en cavité et avec les oscillateurs paramétriques optiques, a
la base des prédictions d’optique quantique. Les microcavités semi-conductrices
présentent de plus des propriétés nouvelles, non accessibles dans ces systémes ou
dans les semi-conducteurs massifs, qui en font un systéme modéle pour I’étude de
I’interaction rayonnement-matiére.

L’étude expérimentale d’un systéme quantique simple, par exemple un atome
dans une cavité, nécessite de comprendre les modifications a apporter a la descrip-
tion du systéme par rapport au cas idéal du systéme dans le vide. La modification
de la densité d’états accessibles pour le champ électromagnétique modifie les pro-
priétés du systéme, i.e. la position des raies et leurs largeurs pour un atome.
Inversement, une modification de ’environnement peut étre utilisée pour contro-
ler ces propriétés du systéme. Ce retournement du point de vue est a la base de
la prédiction de Purcell d’exaltation de ’émission spontanée [Purcell 46|, qui a
ouvert le domaine de 1’électrodynamique quantique en cavité. Les travaux de Pur-
cell ont été rapidement suivis par de nombreuses prédictions dans deux régimes
distincts d’interaction. En régime de couplage faible, la durée de vie d’un niveau
peut étre artificiellement augmentée ou diminuée une fois ce dernier placé dans
une cavité résonante. C’est un régime perturbatif, régi par la régle d’or de Fermi,
dans lequel la densité de modes du champ électromagnétique est modifiée, mais
reste continue. L’environnement peut aussi étre suffisamment modifié pour pou-
voir envisager un autre régime, dit de couplage fort, dans lequel une résonance
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matérielle est couplée a un mode unique du champ. Dans ce cas, le champ induit
une excitation et une désexcitation périodiques de 1’état excité du systéme ma-
tériel a une fréquence caractéristique, appelée la fréquence de Rabi [Rabi 36]. Le
régime de couplage fort correspond a un processus cohérent dans lequel ’énergie
est échangée de facon périodique entre un degré de liberté matériel et un mode
du champ électromagnétique. On n’a alors plus de connexion simple entre le taux
d’émission spontanée et la densité spectrale. C’est sur ce régime que se concentre
ce travail.

L’exemple type de systéme en régime de couplage fort est celui de deux pendules
oscillants, dont les extrémités, liées par un ressort, sont couplées par une force
de rappel. Le régime de couplage fort intervient lorsque la constante de couplage
est grande devant toutes les constantes de relaxation dans le systéme, i.e. ici une
constante de raideur du ressort grande devant les taux de relaxation des pendules
liés aux frottements. Les modes propres d’oscillation ne correspondent plus alors
au mouvement harmonique découplé de chacun des pendules.

En mécanique quantique, le couplage linéaire entre deux systémes est décrit
par le hamiltonien de Jaynes Cummings [Jaynes 63|, caractérisé par une constante
de couplage. Dans le cas de la résonance d’un systéme matériel couplé a un mode
du champ électromagnétique, la fréquence de Rabi, qui définit la constante de
couplage, s’exprime en fonction du moment er de la transition dipolaire considérée:
Qprapi = erE/h, avec E amplitude du champ électrique, et r la distance entre les
constituants du dipole.

Les premiéres réalisations du régime de couplage fort en électrodynamique

quantique en cavité ont été obtenues avec des milieux atomiques ou moléculaires
( |[Haroche 92,Raimond 95| et les références citées). Seule une transition atomique
est considérée et le systéme peut étre traité comme un systéme a deux niveaux. Le
régime de couplage fort se manifeste dans un diagramme des énergies du systéme
par une courbe typique d’anticroisement. Au point oul I’énergie du champ coincide
avec la résonance atomique considérée, les énergies des nouveaux modes propres
sont les plus proches possibles et sont séparées de ’énergie d’interaction 2/ g,y
La description dans la base des modes propres, qui peuvent se voir comme des
atomes habillés par le champ [Cohen 88|, permet en premier lieu de simplifier la
description et l'interprétation des expériences [Haroche 92].
De nombreux autres effets d’électrodynamique quantique, prédits rapidement apreés
I’article historique de Purcell cité plus haut, ont aussi été démontrés dans les mi-
lieux atomiques: augmentation et inhibition de ’émission spontanée, décalage en
énergie, oscillation maser .... Les expériences ont été réalisées avec des atomes de
Rydberg [Haroche 92] puis avec des faisceaux d’atomes [Raizen 89], respectivement
dans le domaine micro-onde et le domaine optique.

Le régime de couplage fort est aussi atteint dans les cristaux semi-conducteurs
[Hopfield 58]. Dans ces systémes, les résonances de la matiére correspondent a I'ex-
citation de paires liées électron-trou, appelées excitons, formées par des électrons
de la bande de conduction couplés par interaction attractive coulombienne, aux
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trous correspondant dans la bande de valence. Les états couplés exciton-photon du
cristal massif, analogues aux états atomiques habillés, sont appelés les polaritons.
L’oscillateur matériel peut étre décrit comme un atome, de fort moment dipolaire,
un ordre de grandeur plus grand typiquement que celui de I’atome d’hydrogeéne,
et d’énergie de liaison de 'ordre d’une dizaine de meV, a comparer aux 25 meV
de I’énergie thermique & température ambiante; ce qui le rend intrinséquement
visible uniquement & basse température. Mais le régime de couplage fort dans
le cristal massif n’est pas exploitable. L’émission de la lumiére, dominée par les
phénoménes de transport du mode couplé vers la surface, est trés faible. Les expé-
riences d’électrodynamique sont donc difficilement envisageables dans ce systéme.
Cependant, on dispose depuis quelques années de structures bi-dimensionnelles,
les microcavités semi-conductrices, dans lesquelles le régime de couplage fort est
accessible et exploitable. Les microcavités semi-conductrices sont des structures
monolithiques ot les photons et les oscillateurs matériels sont tous les deux confi-
nés. Dans ces dispositifs, des expériences d’électrodynamique quantique en régime
de couplage fort peuvent étre réalisées.

La nature du couplage au champ électromagnétique dans les microcavités semi-
conductrices est profondément différente de celle dans le cristal massif. Dans le
semi-conducteur massif, 'invariance par translation dans les trois directions de
I’espace fait du polariton un état stationnaire du cristal. Dans la microcavité semi-
conductrice, le confinement des excitons fait perdre le régime de couplage fort,
que la cavité permet de retrouver. Les excitons sont confinés dans un ou plusieurs
puits quantiques, placées dans une cavité résonante a miroirs de Bragg. Le puits
quantique est réalisé par la juxtaposition de trois couches de semi-conducteur,
avec I’énergie de "gap" de la couche centrale inférieure & 1’énergie de "gap" des
deux couches entre lesquelles elle est placée. Cette structure en couches fait perdre
I’invariance par translation dans la direction de croissance que I'on avait dans le
matériau massif; ’exciton confiné dans le puits est & présent couplé & un continuum
de modes du champ a I'extérieur de la cavité, de méme vecteur d’onde dans le plan
des couches, et posséde donc une largeur radiative intrinséque. On place ensuite le
puits quantique dans une cavité Fabry-Pérot résonante, d’intervalle spectral libre
suffisamment grand pour que la résonance matérielle ne soit couplée qu’a un mode
unique du champ. Le continuum du champ est alors discrétisé par la cavité Fabry-
Pérot. Le régime de couplage fort est atteint si la fréquence de Rabi du systéme
exciton-photon est grande devant les taux de relaxation de ’exciton et du photon.
Par excitation résonante d’une microcavité semi-conductrice, on créé alors des po-
laritons de cavité, états mixtes exciton-photon a deux dimensions [Weisbuch 92].
La condition & satisfaire pour le régime de couplage fort fait intervenir dans les
semi-conducteurs des phénomeénes de relaxation qui sont absents pour les systémes
atomiques! . L’excitation dans un systéme semi-conducteur est sensible aux por-

1. En fait, bien que le régime de couplage fort soit atteint dans les microcavités semi-
conductrices, ces sources de relaxation sont responsables d’une différence importante entre ces
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teurs libres, aux phonons acoustiques et optiques et aux défauts du cristal ou du
puits. Ces différents processus couplent les états directement excités & d’autres
états et élargissent les raies. De maniére générale, les difficultés viennent du fait
que le couplage & I’environnement ne peut pas étre négligé.

Malgré ces difficultés, les microcavités semi-conductrices, et plus largement, les
dispositifs nanométriques a base de semi-conducteurs, ont permis de redémontrer
dans des structures solides des effets de I’électrodynamique quantique en cavité
comme ’exaltation et I'inhibition de 1’émission spontanée [Yablonovitch 88, Yo-
koyama 90, Bjork 91, Gerard 98| ou le régime de couplage fort déja cité [Weisbuch
92]. De maniére générale, la recherche dans les structures semi-conductrices est
motivée par les applications possibles dans la production de dispositifs compacts,
tels que les émetteurs de grande efficacité, les lasers sans seuil, les sources de
photons uniques [Moreau 01], les sources de lumiére non-classique [Brokmann 03|
ou encore les portes logiques (voir pour I'ensemble les articles de revue [Burstein
95, Rarity 96, Gerard 02, Weisbuch 03]), plus difficiles & réaliser dans les systémes
atomiques.

De plus, les propriétés originales des polaritons de cavité dans les microcavités
semi-conductrices, dues a leur nature mixte exciton-photon, permettent d’obser-
ver de nouveaux effets, non accessibles pour les photons ou les excitons seuls;
ainsi, suite aux progrés récents, aussi bien théoriques qu’expérimentaux, on envi-
sage aujourd’hui la réalisation de condensats de Bose-Einstein dans ces systémes
( [Moskalenko 00], [Noeks7] et en particulier [Snoke 03]). Les propriétés du pola-
riton dépendent du poids des composantes photoniques et excitoniques. A faible
densité d’excitation, les excitons se comportent comme des bosons et la nature
fermionique de ses constituants peut étre prise en compte par des termes correc-
tifs dans une description bosonique du systéme. La composante excitonique des
polaritons est a l'origine des interactions effectives non linéaires, issues de l'inter-

deux systémes en régime de couplage fort. En effet, le régime de couplage fort peut étre divisé
en un régime classique et un régime quantique, aujourd’hui atteint dans les systémes atomiques.
L’observation d’un échange d’énergie de fagon oscillatoire entre deux systémes résonants en ré-
gime de couplage fort est entiérement compris classiquement. Méme le cas du régime de couplage
fort dans une cavité vide, ot ’écart en énergie au point de désaccord nul est appelé la séparation
de Rabi du vide, peut étre expliqué dans le cadre d’une théorie de la dispersion linéaire [?]. Par
contre, lorsque le nombre d’oscillateurs matériels et le nombre de photons sont suffisamment
petits, le systéme présente des comportements nouveaux que méme une théorie semi-classique
ne peut expliquer. La réalisation du régime quantique peut étre précisément caractérisée par des
nombres critiques de photons et d’oscillateurs matériels dans la cavité [Hood 99]. En physique
atomique, ol le nombre moyen d’atomes et de photons peut méme descendre en dessous de
I'unité, les expériences rentrent dans le domaine quantique du régime de couplage fort. La re-
cherche atomique en électrodynamique quantique en cavité porte ainsi sur les tests fondamentaux
de la mécanique quantique, motivée notamment par ’application potentielle de ces dispositifs
pour le calcul, la préparation et la communication quantiques (voir les cours d’Haroche [Haroche
02a,Haroche 02a] et les séminaires du cours). Dans les structures semi-conducteurs de faible "di-
mensionnalité", la puissance d’excitation et la densité de porteurs, ainsi que les problémes de
relaxation, nous éloignent radicalement pour l'instant de ce régime quantique.
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action coulombienne entre les particules chargées. La dispersion du polariton est
beaucoup plus importante que celle de I’exciton et ouvre la possibilité de réaliser
de nombreux processus de diffusion. La composante photonique de ces états est
responsable du couplage au champ électromagnétique extérieur, qui permet de
manipuler et de sonder les états mis en jeu dans des processus non linéaires par
excitation laser résolue en énergie et en angle. Le poids des composantes photo-
niques et excitoniques du polariton dépend du désaccord entre la résonance de
cavité et la résonance excitonique. Dans une cavité plan-plan, ce désaccord est
fixé par la longueur de cavité. Mais les échantillons peuvent étre réalisés avec un
petit angle entre les miroirs et le désaccord exciton-cavité peut alors étre ajusté en
fonction de la longueur de cavité, sélectionnée par la position du spot d’excitation
sur I’échantillon. Ainsi, ¢’est simplement la position d’excitation qui détermine la
nature du polariton, et donc le poids relatif des coefficients non linéaires et du co-
efficient de couplage a I'extérieur. Un des avantages de ce systéme tient donc a la
facilité avec laquelle les paramétres de I'interaction rayonnement-matiére peuvent
étre modifiés.

Le cadre général de ce travail est le régime d’amplification paramétrique de

polaritons, étudié activement depuis quelques années. Les premiéres observations
d’émission non linéaire dans les microcavités semi-conductrices en régime de cou-
plage fort ont été réalisées par Dang et al. [Dang 98], dans lesquelles ils mesuraient
le rétrécissement spectral de 1’émission non linéaire et le décalage vers le bleu.
L’expérience de Huang [Huang 00| a peu aprés ouvert le domaine des expériences
résolues en angle [Senellart 00]. Dans cette expérience, la microcavité est excitée
de facon symétrique par deux faisceaux pompes a grand angle, avec un faisceau
sonde a I'incidence normale. Les premiéres observations de mélange a quatre ondes
cohérents en phase ont été obtenues dans le groupe de Baumberg ( [Savvidis 00a]
et [Savvidis 00b]). La microcavité est pompée & résonance avec la branche basse
de polaritons, avec un angle d’incidence variable, et sondée a ’angle nul par un
faisceau résonant. Pour un angle d’excitation appelé I’"angle magique", une treés
forte émission non linéaire est observée. Deux polaritons dans le mode pompé
diffusent vers deux autres modes, appelés par analogie avec les oscillateurs para-
métriques optiques les modes signal et complémentaire, avec transfert cohérent de
populations. On constate un décalage vers le bleu, comme dans le cas non réso-
nant [Dang 98|. La plupart de ces expériences ont été décrites dans un cadre théo-
rique développé par Ciuti et al [Ciuti 03|, avec un bon accord théorie-expérience.
Aujourd’hui, 'amplification paramétrique est étudiée dans de nombreux groupes,
aussi bien dans des expériences en continu que résolues en temps.
Ce travail de thése porte sur des effets non linéaires et quantiques en régime
d’amplification paramétrique, ou I'optique quantique joue un role déterminant.
Les expériences sont effectuées sous excitation laser continue. Le mémoire est or-
ganisé de la facon suivante:

-Chapitre 1. Ce chapitre a pour but d’introduire I’étude de la ré-
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duction de bruit dans les microcavités semi-conductrices. Les états comprimés du
champ sont obtenus par I'application de I'opérateur compression sur un état co-
hérent, qui permet d’introduire les processus paramétriques comme une méthode
possible de génération d’états non-classiques du champ. Ce mélange cohérent en
phase permet de produire, suivant la configuration, des champs dans deux types
d’états non-classiques, dont I’équivalence est démontrée.

On présente aussi le cadre général dans lequel est dérivé le hamiltonien d’inter-
action entre polaritons a l'origine du mélange paramétrique a quatre ondes dans
les microcavités, obtenu & partir des interactions effectives entre excitons. On
décrit les processus non linéaires dans la configuration dégénérée du mélange pa-
ramétrique a quatre ondes et dans la configuration non dégénérée dite de I'angle
magique. La possibilité de produire des états non-classiques est envisagée dans les
deux cas. On insiste sur les différences a apporter par rapport au cas des amplifica-
teurs paramétriques optiques du fait de la nature mixte exciton-photon du champ
intra-cavité. Le cadre théorique est la méthode semi-classique entrée-sortie, qui
permet le traitement des fluctuations du champ mixte intra-cavité.

-Chapitre 2. Les expériences présentées dans ce mémoire ont été
faites dans différentes configurations, et font appel a des montages de détections
multiples (analyse spectrale, imagerie en champ proche ou champ lointain, fil-
trage spatial et détection de bruit). Ce chapitre est consacré a la partie commune
a toutes ces expériences. On commence par la description du montage commun,
constitué d’un laser Ti-Saphir monomode, continu et accordable, stabilisé en fré-
quence et en intensité et filtré spatialement. On expose le principe de I’étude en
fonction de la position du spot sur I’échantillon, i.e. du désaccord, a énergie fixée.
Enfin, on donne la description des échantillons et les méthodes d’ajustement des
paramétres. Une attention particuliére est portée a la question des largeurs, qui
prendra toute son ampleur dans 1’étude des sources de bruit au chapitre suivant.

-Chapitre 3. On présente dans ce chapitre la premiére expérience
de compression de bruit dans les microcavités en régime de couplage fort, dont le
principe a été exposé au premier chapitre. La prédiction s’appuie sur une analogie
profonde avec ’expérience de réduction de bruit dans un nuage d’atomes froids
en cavité [Lambrecht 95b|. La richesse du systéme permet d’étudier les processus
non linéaires pour des polaritons de nature différente, simplement en changeant
le point d’excitation sur I’échantillon. Les études sont donc menées en fonction du
désaccord exciton-cavité. On estime ainsi la région de désaccord dans laquelle les
processus non linéaires sont susceptibles de donner lieu a une compression, a partir
de la vérification expérimentale de certaines des hypothéses du modéle. L’étude
détaillée des résultats expérimentaux met en évidence des effets transverses, issus
de la distribution en intensité non-uniforme du spot d’excitation et de ’angle de
cavité. Un modéle simple permet de comprendre ces effets transverses, qui jouent
un role crucial dans ’achévement de la mesure de compression de bruit.



Introduction 11

-Chapitre 4. Ce chapitre décrit I’étude d’un régime bistable dans
la configuration non dégénérée. Le modéle développé montre 1’analogie profonde
avec le régime de bistabilité dans les oscillateurs paramétriques optiques et permet
de rendre compte des principales observations. Une étude systématique en champ
proche et en champ lointain de I’émission non linéaire révéle la prédominance
d’effets transverses dans le profil transverse de 1’émission, identiques a ceux décrits
au chapitre précédent.

-Chapitre 5. On aborde dans ce dernier chapitre la question dé-
licate de la cohérence spatiale des polaritons. Le pompage résonant de la micro-
cavité créé une population macroscopique cohérente, caractérisée par un vecteur
d’onde dans le plan transverse. Cette description suppose une cohérence spatiale
sur ’extension dans le plan transverse de la zone d’émission et une émission mo-
nomode. On se propose de vérifier ces deux propriétés de I’émission. La premiére
est testée dans une mesure interférométrique qui révéle une cohérence spatiale a
I’échelle de 80 pm. L’étude du caractére monomode-multimode transverse néces-
site I'introduction d’éléments d’optique quantique dans le plan transverse pour
donner une définition rigoureuse du caractére monomode transverse d’un champ.
Le principe d’un critére monomode-multimode est exposé et appliqué au faisceau
signal en régime d’amplification paramétrique. On verra comment la mesure du
caractére monomode de I’émission non linéaire dans la configuration dégénérée
permet de valider le traitement & un seul mode du chapitre 3. Les deux mesures
nécessitent de tenir compte une fois de plus des effets transverses.

Les mesures d’optique quantique aux chapitre 3 et 5 s’appuient sur des ré-
sultats standards de 'optique quantique, présentés succinctement dans ’annexe
A. La seconde annexe présente le détail du calcul de I'amplification paramétrique
quasi-dégénérée dans le cas de I'excitation a 'incidence normale, dont 1’éventualité
est discutée au chapitre 5.
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Réduction de bruit quantique dans les
microcavités

Le couplage fort exciton-photon dans les microcavités semi-conductrices pro-
duit de nouveaux objets de nature mixte rayonnement-matiére, décrits a faible
densité comme des quasi-particules bosoniques. On présente le cadre général dans
lequel sont décrits les processus non linéaires de mélange paramétrique a quatre
ondes de polaritons. Le hamiltonien de couplage paramétrique intervient aussi
dans la définition des états comprimés du champ a partir des états cohérents, ce
qui permet d’introduire la possibilité de générer des états non-classiques du champ
mixte de polaritons, dans les deux configurations accessibles du mélange paramé-
trique. Les effets d’optiques quantique sont décrits dans le cadre de la méthode
semi-classique entrée-sortie.

A.1 Reésonance excitonique

Un matériau semi-conducteur massif posséde une bande interdite d’énergie qui
sépare la derniére bande remplie d’électrons de la bande de conduction. L’excita-
tion lumineuse de I’échantillon révéle un spectre d’absorption continu au-dela de
I’énergie de bande interdite, correspondant au passage d’électrons de la bande de
valence dans la bande de conduction. Au manque d’un électron dans la bande de
valence est associée la création d’un trou dans la mer de Fermi, pseudo particule
de charge opposée a celle de 1’électron. Le trou et I'électron s’apparient par inter-
action coulombienne en paires et peuvent étre suffisamment couplés pour donner
des états liés, responsables de résonances discrétes dans le spectre d’absorption.
Ces résonances apparaissent en dessous de 1’énergie de bande interdite; le décalage
en énergie correspondant a 1’énergie de liaison de la paire.

Les régles de sélection du couplage des paires au champ lumineux s’expliquent
dans le cadre d’une description simple de la paire électron-trou liée: un seul élec-
tron dans la bande de conduction et un seul trou dans la bande de valence®. La

1. On ne considére ici que le couplage de I’électron avec la bande de trou lourd.
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paire présente une série de niveaux d’énergie entre lesquels elle peut effectuer des
transitions:

E,=—2% n=12, . (1-1)

ou l'on définit par analogie avec ’atome d’hydrogéne une constante de Rydberg
effective R; = %i—éRy, fonction de la constante de Rydberg R,. L’énergie de
liaison est fonction de la constante diélectrique du milieu €, qui diminue par un
effet d’écrantage 'interaction coulombienne, et de la masse réduite du systéme
electron trou notée u. € est la constante diélectrique dans le vide. On définit aussi
un rayon de Bohr de 'exciton ap = h%¢/ue?, qui donne Pextension de la fonction
d’onde (de la particule relative) dans I'état fondamental. Le dipole ainsi obtenu
est de taille bien supérieure au dipole atomique. L’exciton est considéré comme
un état de type hydrogénoide, mais 1’état fondamental correspond a la disparition
de la paire. L’exciton se rapproche davantage en ce sens du positronium [CDL 73|.
Grace aux récents progrés des techniques de croissance, la dimensionnalité
des structures semi-conductrices peut étre abaissée jusqu’a atteindre la dimension
nulle dans les boites quantiques, o les électrons sont confinés dans les trois direc-
tions de ’espace. Dans ces systémes, les propriétés optiques et électroniques sont
complétement modifiées par rapport au cas du semi-conducteur massif. La mo-
dification du couplage des états électroniques avec I’environnement permet ainsi
d’observer des effets inaccessibles dans les semi-conducteurs massifs.
On considére ici la structure de confinement la plus simple, parmi les différentes
géométries disponibles, dans laquelle le mouvement des électrons est confiné sui-
vant une seule direction de ’espace. Cette structure & deux dimensions est le puits,
concu par une couche de semi-conducteur placée entre deux couches d’un semi-
conducteur d’énergie de gap supérieure. Dans un puits de InGaAs, dopé a 0,05
% avec des parois en GaAs, ’énergie de liaison est de 7 meV; I’électron et le trou
sont confinés sur des distances de 'ordre de quelques nanomeétres, i.e. nettement
inférieure au rayon de ’exciton 3D correspondant. Le confinement est suffisam-
ment fort pour structurer les bandes en sous-bandes, de séparation énergétique de
quelques meV plus grande que 1’énergie de liaison de I'exciton 3D. L’énergie de
ces états liés a pour expression:

R,
En: —m7 avecnzo,l,... (1_2)

L’expression (1-2) montre un meilleur contraste entre le pic de I’état 1S de I’exciton
et le continuum de paires non-liées par rapport au cas du cristal massif. Ces états
se distinguent d’'un atome & deux niveaux par aux moins deux caractéristiques
essentielles: la dispersion parabolique des bandes de conduction et de valence et
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le continuum d’énergie cinétique. Un exciton de vecteur d’onde k dans le plan
transverse a pour énergie:

S R,
T 2M (n+1/2)2

En (k) (1-3)
ou M est la somme des masses effectives des bande de conduction et de valence.
L’existence de ces paires est aussi conditionnée par la densité de porteurs, i.e.
la densité d’excitation. Une forte densité entraine une diminution de 1’énergie de
liaison pour deux raisons: le remplissage de I'espace des phases conditionné par le
principe de Pauli et ’écrantage de 'interaction coulombienne électron-trou. Aux
trés fortes densités, on tend vers la disparition de la transition excitonique. Par
la suite, on ne considére que des régimes d’excitations ou les effets de saturation
sont négligeables.
Cependant, les effets de densité sont présents méme & trés faible intensité d’exci-
tation. En toute rigueur, I’état excitonique est modifié dés que plus d’un exciton
est présent dans le systéme. Il apparait des corrélations entre les constituants
fermioniques des différentes paires, responsables d’une interaction effective entre
excitons. La description de I’exciton comme un boson suppose de tenir compte
dans des termes correctifs de la nature fermionique de ses constituants.

A.1.1 L’exciton traité comme un quasi-boson: la transformation
d’Usui

On introduit habituellement ’exciton comme une paire électron-trou liée par
I'interaction coulombienne. Il parait alors naturel de construire l'opérateur de
création d’un exciton de vecteur d’onde k, noté by, comme une simple combinaison
linéaire des opérateurs de création d’un électron et d’un trou:

be= > <kekilk > (c ) (ch)f (1-4)

ke kp,

ou (¢ )" (e, )T) est Popérateur de création d'un électron (trou) de vecteur d’onde
k. (kj) dans le plan des couches. Mais I'opérateur exciton ainsi obtenu ne satisfait
pas la relation de commutation des bosons, et la théorie des perturbations ne peut
plus étre appliquée. L’expression de la valeur moyenne du commutateur de cet
opérateur, au premier ordre en densité excitonique, est [Haugh 98]:

A~ o~

([bx, bL]> ~1—0(n.a%) (1-5)

ol n est le nombre d’exciton par unité de surface et ap le rayon de Bohr de
I’exciton. L’écart au comportement bosonique est proportionnel au nombre moyen
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d’électrons et de trous dans une surface de I'ordre de l’extension de 1’exciton.
Lorsque le recouvrement spatial entre deux fonctions d’onde d’exciton devient non
négligeable, on est sensible a la nature fermionique des constituants de 1’exciton.
Pour pouvoir traiter I’exciton comme un boson, dans un systéme constitué
d’un grand nombre d’excitons en interaction, on effectue une transformation pour
passer d’un espace fermionique vers un espace bosonique. Cette transformation
unitaire est la transformation d’Usui, concue comme "une méthode systématique
qui permet de décrire un gaz d’électrons en termes de bosons" |[Usui 60]. La nature
fermionique des électrons et des trous est responsable de termes supplémentaires
a tous les ordres. Un hamiltonien d’interaction entre excitons prend donc la forme
d’un hamiltonien d’interaction entre bosons, auquel on doit rajouter des termes
correctifs. Dans un traitement limité au second ordre en densité électronique,
comme on le verra au paragraphe C.1 de ce chapitre, les termes & quatre opé-
rateurs de l'interaction de Coulomb sont transformés en une somme de produits
d’opérateurs bosoniques a tous les ordres [Rochat 00].
Cette méthode permet d’obtenir des équations de Bloch excitoniques. Ces équa-
tions rappellent les équations de Bloch & deux niveaux de la physique atomique,
mais elles contiennent de facon consistante les non-linéarités fermioniques dues a
la nature composite a plusieurs corps de I’exciton, dans des termes correctifs: la
renormalisation de I'énergie cinétique, la saturation de la force d’oscillateur (le blo-
cage de Pauli) et I'interaction Coulombienne exciton-exciton dépendante du spin.
Cette description [Rochat 00] est adoptée implicitement dans quasiment toutes les
descriptions des expériences effectuées dans les microcavités en régime de couplage
fort a faible densité, ol 'exciton est systématiquement considéré comme un boson.
Cette approche prend toute sa dimension dans la description des expériences de
plus en plus nombreuses portant sur une éventuelle condensation des polaritons,
particule mixte exciton-photon.

A.2 Reésonance de cavité

Pour obtenir le régime de couplage fort, on place le puits quantique dans une
cavité optique Fabry-Pérot. A cause de la transmission finie des miroirs, les modes
photons pour un mode polariton de vecteur d’onde dans le plan donné, forment
encore un continuum, méme si ce continuum est structuré en pics étroits, ceux de
la cavité Fabry-Pérot. Les excitons ont donc une probabilité de recombinaison par
unité de temps finie [Devaud 91], qui limite la durée de I’échange d’énergie entre
les deux systémes en régime de couplage fort.

On se propose dans cette section de décrire briévement les propriétés de la
cavité. Les miroirs de la cavité sont des miroirs diélectriques multicouches. Une
succession de paires de couches de deux semi-conducteurs d’indices différents, de
méme épaisseur optique \g/4, ot Ay est la longueur d’onde de la résonance de la
cavité, constituent par un jeu d’interférences constructives en réflexion et destruc-
tives en transmission un trés bon réflecteur, appelé miroir de Bragg. Les pertes par
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absorption sont négligeables, contrairement au cas des miroirs métalliques pour
lesquels la réflectivité ne dépasse pas les 95 % dans le proche infra-rouge. L’effica-
cité des miroirs de Bragg augmente avec le nombre de couches empilées et atteint
typiquement des valeurs voisines de 99,95 % [Rosencher 98, Savona 95, Savona
99]. Ces miroirs sont trés correctement décrits par la méthode des matrices de
transfert [Savona 99]2. Ils atteignent leur réflectivité maximale sur une plage en
énergie appelée bande interdite. En dehors de cet intervalle, la réflectivité oscille
et présente de nombreux minima qui correspondent aux modes de fuite [Savona
99].

Une cavité Fabry-Pérot plan-plan & miroirs de Bragg est constituée de deux
miroirs de Bragg, séparés par la longueur optique L. = p\y/2, avec p entier. Pour
une excitation a l'incidence normale, la résonance de cette cavité apparait dans
la bande interdite des miroirs de Bragg, le plus souvent au centre. L’épaisseur
typique de la longueur de cavité, appelée aussi espaceur, de 'ordre de la longueur
Ao, fait que I'intervalle spectral libre de la cavité est supérieur & la bande interdite
des miroirs. Un seul mode optique peut donc apparaitre dans la bande interdite.
En dehors de la bande, on retrouve les pics secondaires. Ces modes de fuite ont un
coefficient de réflexion plus faible que le mode principal et sont donc plus larges
spectralement. On les retrouve pour n’importe quel vecteur d’onde dans le plan,
et leur dispersion est similaire a celles des modes de cavité. Ils sont un canal trés
efficace d’émission dans le substrat, ol la lumiére est absorbée et par conséquent
perdue. De maniére générale, ils jouent un roéle crucial dans les dispositifs semi-
conducteurs émetteurs de lumiére [Savona 99].

La cavité Fabry-Pérot présente une dispersion, fonction de la constante di-
électrique du semi-conducteur. On dérive une masse effective pour le photon a
partir de la dispersion supposée parabolique des énergies. Certaines distinctions
sont a apporter a cause de la nature des miroirs. La pénétration du champ dans
les miroirs entraine une dépendance en énergie de la phase a la réflexion. La lon-
gueur de pénétration des miroirs, appelé longueur de Bragg, est responsable d’un
terme correctif & la longueur de cavité dans la définition d’une longueur de cavité
effective [Savona 99].

A.3 Régime de couplage fort
A.3.1 Introduction

Une microcavité semi-conductrice est une cavité optique a miroirs de Bragg
résonante avec une transition unique d’un puits quantique. La position du puits
dans la cavité dépend de la longueur de cavité. Le positionnement du puits (ou des
puits) est choisi pour maximiser l'interaction. La cavité optique permet de mo-

2. Les résultats de ’application de cette méthode au cas des échantillons utilisés dans cette
thése sont présentés dans les références [Messin 00], [Karr 01], et Houdré.
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difier les propriétés de la réponse lumineuse du milieu amplificateur. Elle permet
avant tout ici de se placer en régime de couplage fort. La condition de régime de
couplage fort impose une constante de couplage exciton-photon g grande devant
les largeurs du photon de cavité v, et de I'exciton 7,. De facon générale, le régime
de couplage fort est atteint soit en augmentant le couplage entre le mode de cavité
et la résonance matérielle, soit en diminuant les taux de relaxation. En physique
atomique, les deux solutions sont exploitées dans le choix des atomes, d’'une part
avec les atomes de Rydberg et d’autre part avec les atomes froids. La finesse de
la cavité peut dans le premier cas atteindre des valeurs considérables -plus de
107-, pour des miroirs supraconducteurs [Raimond 95|. Dans les microcavités a
puits quantiques, on peut aussi bien augmenter la réflectivité des miroirs que le
nombre de puits. En effet, la force d’oscillateur, qui donne I'intensité du couplage,
augmente avec la racine carrée du nombre de puits [Houdré 96].

A.3.2 Hamiltonien de couplage linéaire

Les modes exciton et photon sont traités comme des oscillateurs harmoniques
bosoniques, couplés linéairement. Ce traitement suppose pour ’exciton I'utilisa-
tion de la transformation d’Usui. On effectue donc un développement perturbatif
du hamiltonien total dans l’espace bosonique, arrété a l’ordre deux en densité
excitonique. Le hamiltonien d’interaction est développé dans I’approximation di-
polaire, ce que justifie un trés petit rayon de Bohr en comparaison de la longueur
d’onde.

On ne considére que les états excitonique et photonique ayant une polarisation
circulaire bien définie, qui sont les seuls a jouer un réle dans le cas d’une excitation
polarisée circulairement (ce qui sera toujours le cas dans ce travail). Le vecteur
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d’onde dans le plan des couches est noté k. Comme les états de différents k ne
sont pas couplés, a cause de I'invariance par translation dans le plan des couches,
le hamiltonien apparait comme une somme de termes sur les k:

Qg
H =Y {Bere (1) b+ B () aaic + 5 (alb+ bl )} (1:6)
k

ol ay et by sont les opérateurs d’annihilation d’un photon dans le mode k et d’un
exciton dans le mode k. af et b} sont les opérateurs de création correspondants.
Les énergies des modes photoniques et excitoniques sont notées respectivement
E.o (k) et Eeye (k). Le dernier terme décrit le couplage linéaire exciton-photon de
type Jaynes-Cummings. Les modes propres s’expriment comme des combinaisons
linéaires des deux oscillateurs initiaux:

Pk Xk —Cx by
= ) 1-7
(o) = (& 5)-() -
Les coefficients de Hopfield Cy et Xy dépendent du désaccord entre la résonance
de cavité et la résonance excitonique 0y = Fegy (k) — Eere(k):
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1/2
0 62 + Q2
X = [ EV%T R (1-8)
2¢/0p + 3,
1/2
QQ
Cx = L (1-9)
op + Q% (6k + /0 + Q%)

Ils vérifient la condition de normalisation CZ + X2 = 1. Le hamiltonien dans
la base des modes couplés prend une forme diagonale:

H =Y {Ecp(k)pipk + Eup(k)aga) (1-10)
k

ol les énergies des modes propres, indexées LP et UP pour "lower" et "upper"
polaritons, s’expriment:

ELP(k) = Eea:c

(1-12)

l\DI»—tMl»—t

_k 2 _
2 \/ Op —1—32 (1-11)
EUP(k) - Eea:c 2k \/ QQ

Ce couplage cohérent entre les deux oscillateurs initiaux entraine un anticroise-
ment caractéristique dans le diagramme des énergies des modes propres du sys-
téme (voir figure 1.1). L’anticroisement est aussi visible dans l’espace des k. La
dispersion de I’exciton apparait comme plate par rapport a celle du photon, ce
que 'on peut réexprimer en disant que la masse effective du photon est beaucoup
plus petite que celle de ’exciton. La figure 1.2 a été tracée en fonction de I'angle
d’incidence par rapport a l'incidence normale, pour un désaccord nul a k = 0.
La position relative de la dispersion des modes découplés, et par conséquent la
dispersion des modes propres, dépend du désaccord a l’incidence normale. Une
description des propriétés linéaires des polaritons de cavité est donnée au para-
graphe B du second chapitre.

Le couplage fort donne donc lieu a de nouveaux objets qui peuvent étre excités
individuellement par un faisceau laser avec I’énergie et le vecteur d’onde adaptés.
La nature mixte de ces objets peut étre modifiée simplement en fonction du désac-
cord exciton-cavité. Les expériences considérées par la suite ne font intervenir que
la branche basse de polaritons. Sa forme en cuvette explique qu’elle soit parfois
considérée comme un "piége" pour les polaritons. Le mode k = 0 est le bas du

piege.
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Aprés avoir rappelé I’expression d’un champ quantique monomode, on montre
que le principe d’incertitude d’Heisenberg conduit a des fluctuations dans les
mesures dont l'ordre de grandeur est donné par la limite quantique standard.
On explique ensuite comment construire des états du champ qui présentent des
fluctuations inférieures a la limite quantique standard appelés états comprimés.
Cette construction introduit naturellement les processus paramétriques comme
une méthode de génération d’états non-classiques du champ. La derniére section
est consacrée au traitement semi-classique des fluctuations.

B.1 Les états comprimés
B.1.1 Champ électrique monomode

On se place dans le cadre de la seconde quantification. On considére un champ
monomode, de fréquence, de direction et de polarisation fixées:

Et)= — 1221@) = i%(&e_m —ate™) (1-13)

a et @' sont respectivement les opérateurs d’annihilation et de création d'un
photon dans le mode du champ de fréquence w. Ils vérifient la relation de non-

commutation [@,a'] = 1. La constante de normalisation &, vaut ol € est

la constante diélectrique du vide et V' le volume de quantification. Cette constante
donne l'ordre de grandeur du champ électrique correspondant & un photon dans
le volume de quantification.

On introduit les opérateurs de quadrature, équivalents aux grandeurs utilisées en

optique classique pour la représentation d’un champ dans le repére de Fresnel:

&(@+a) (1-14)
= & (a—al) (1-15)

=) <)
|

que 'on remplace dans I’expression du champ électrique:

E(t) = Xsin(wt) + Ycos(wt) (1-16)

Les opérateurs X et Y ne commutent pas. Ils n’ont pas d’états propres communs
et le champ électrique, combinaison linéaire de ces opérateurs, n’a donc pas d’état
propre. Il ne peut étre exactement mesuré. Cette indétermination fondamentale
se traduit par des fluctuations intrinséques, dont on ne peut affranchir le champ.
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Plus précisément, on montre que les variances des fluctuations des opérateurs de
b
quadrature vérifient une inégalité d’Heisenberg:

AXAY > &2 (1-17)

&2 correspond a la limite quantique standard, donnée par le commutateur des
deux quantités conjuguées pour lesquelles l'inégalité est écrite. Cette inégalité
est vérifiée pour un couple quelconque de quadratures conjuguées. Un couple de
quadratures est caractérisé par ’angle 6 (voir figure 1.3):

B.1.2 Etats cohérents

L’état du vide joue le role d’état de référence du point de vue des fluctuations
quantiques. La valeur moyenne du champ dans cet état est nulle. Les fluctuations
du champ dans cet état sont les mémes pour toutes les quadratures et prennent la
valeur minimale autorisée par les inégalités de Heisenberg. Ces propriétés des fluc-
tuations du champ du vide définissent la classe des états cohérents, pour lesquels
les fluctuations sont & la limite quantique standard quelque soit la quadrature.
On parle ainsi de fluctuations de point zéro ou fluctuations du vide pour les états
cohérents. Ces fluctuations constituent la limite inférieure pour les fluctuations
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de la lumiére des sources classiques. Cette limite est atteinte par exemple par un
champ laser trés au-dessus du seuil.

Les fluctuations d’un couple quelconque de quadratures du champ dans un
état cohérent, noté |«), vérifient ainsi les relations suivantes:

AXjyg =AYy = &2 (1-20)

La figure 1.3 montre les fluctuations d’'un champ dans un état quelconque, que
I’on peut comparer aux fluctuations d’un champ dans un état cohérent, de méme
amplitude et de méme phase. L’aire des fluctuations d’un état cohérent est la plus
petite possible autorisée par les inégalités de Heisenberg.

B.1.3 Etats comprimés

Un champ est dit dans un état comprimé au sens large si une de ses quadratures
a des fluctuations inférieures a la limite quantique standard. On va construitre ici
des états comprimés qui ont de plus la propriété d’étre minimaux, i.e. ’aire des
fluctuations du champ dans cet état est égal a I’aire minimale d’incertitude. L’état
comprimé peut se construire formellement a partir de ’action de ’opérateur de
compression sur un état cohérent:

@, &) = S(&)]o) (1-21)
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ou on définit I'opérateur de compression:

N 1 . N

3(€) = eap [5(6° — @) (1-22)
¢ = re?s est un nombre complexe arbitraire. On représente sur la figure 1.4
I’état final obtenu par la transformation unitaire. La compression maximale, et

donc I’élongation maximale, sont obtenues pour le couple de quadratures d’angle
Osq:

Angq =& et AYGQSq = &2e” (1-23)

r est appelé le paramétre de compression [Ryan 03|. La variance du champ est
réduite en dessous de la limite quantique standard d’un facteur ", appelé facteur
de compression [Grynberg 97|: I'état |€) est un état comprimé du champ. La limite
quantique standard est atteinte pour |£| = 0. Dans ce cas, I’action de 'opérateur
de compression sur un état cohérent est sans effet.

B.1.4 Effets des pertes: passage a travers une lame partiellement
réfléchissante

Les états comprimés sont des états fragiles. Ils sont trés sensibles aux pertes,

qui raménent les fluctuations a la limite quantique standard, que celles-ci soient
d’ailleurs au-dessous ou en dessous de la limite quantique standard. On peut
décrire D'effet des pertes comme le passage du faisceau a travers une lame partiel-
lement réfléchissante?®, de coefficient de réflexion égal au taux de pertes.
On considére une lame sans pertes, avec un angle de mélange ¢, en fonction du-
quel on peut exprimer les facteurs de transmission et de réflexion en intensité,
T = cos’*¢ et R = sin’¢ (voir la figure 1.5). Du point de vue quantique, les modes
(d’onde plane) des deux voies d’entrée, notés a et ?)\, sont couplés par une transfor-
mation unitaire U (¢). Les modes p et g sur les voies de sorties s’expriment comme
des combinaisons linéaires des modes sur les voies d’entrée:

z:f (@)
= U'(9)

U(¢) peut se voir comme l'opérateur d’évolution unitaire associé au hamiltonien:

) )
|

ﬁ(gb) = cos¢ d + ising b; (1-24)
U

a
b (¢) = ising a + cosd b (1-25)

H = —hg(ab" +a'b) (1-26)

avec action pendant un temps t = ¢/g. On reconnait ici le hamiltonien de Jaynes-
Cummings, introduit plus haut & la relation (1-6).
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I'mc
1-T
1—T = sin’¢

Cette représentation® montre que les fluctuations en sortie résultent du mé-
lange des fluctuations du champ initial avec les fluctuations du vide, i.e. du cou-
plage entre les modes sur les deux voies d’entrée. On calcule ainsi simplement
I’effet des pertes sur un état comprimé. On a initialement un champ dans I’état
|, €) qui subit des pertes d’un facteur sin’$. Le nombre moyen de photons trans-
mis, équivalent & I'intensité classique pour un grand nombre de photons, est égal
au nombre moyen de photons incidents que multiplie le coefficient de transmission
cos®¢. Les fluctuations normalisées du champ transmis s’expriment comme une
combinaison linéaire des fluctuations normalisées entrantes:

~

AN,.)2 AN, ¢)2
( Aout) _ COSQQb( Aayf) + sin2¢2 (1_27)
<N0ut> <Na,§>

Le premier terme du membre de droite correspond aux fluctuations entrantes par
la voie a atténuées, le second aux fluctuations du vide qui entrent par la voie b.
La lame raméne les fluctuations du faisceau d’entrée (voie a) aux fluctuations du
vide (voie b). La deuxiéme voie de sortie (la voie q) peut étre considérée comme
un autre mode, le mode de pertes, dans lequel est envoyée une partie du champ.

L’effet des pertes peut aussi se voir d’un point de vue temporel. Un faisceau
comprimé en intensité a des fluctuations du nombre de photons inférieures a celles

3. Voir la 3¢me legon de la référence [Haroche 02b|: Lames séparatrices linéaires, couplage
entre modes et interférences en optique quantique.

4. Cette description en termes de lame partiellement réfléchissante peut étre généralisée &
létude des effets non linéaires avec I'introduction d’une lame non linéaire (voir la quatriéme
lecon de la référence [Haroche 02b] Génération de superpositions macroscopiques d’états du
champ par processus non linéaires).
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d’un état cohérent. La distribution des photons dans le temps dans cet état est
donc plus réguliére que celle d’un état cohérent. Dans un état cohérent, on montre
que la distribution des photons, donnée par une statistique poissonnienne, est
aléatoire dans le temps.

Ce traitement des pertes avec une lame semi-réfléchissante s’appuie en fait sur
I’équivalence entre les effets de ’absorption et de la réflexion partielle. En effet,
I’absorption correspond au prélévement aléatoire de photons. Ainsi, au passage
a travers une lame semi-réfléchissante, i.e. lorsque le faisceau subit des pertes, la
distribution réguliére des photons dans le temps pour un état comprimé tend vers
la distribution aléatoire des photons dans un état cohérent.

B.1.5 Quelques applications des états comprimés

On dispose a présent de sources compactes d’états comprimés, avec des taux
de réduction de bruit de 70 % par exemple pour les diodes lasers |Kilper 97|. Le
principe de la mesure des états comprimés (les détections homodyne et équilibrée)
est présenté en détail dans la premiére annexe.

Les états comprimés trouvent notamment leur intérét dans les mesures optiques.
La réduction du bruit sur une des quadratures du champ permet d’améliorer la
précision des mesures en choisissant la bonne quadrature lors de la mesure. On
peut ainsi augmenter par exemple la sensibilité des détecteurs d’ondes gravita-
tionnelles [Meystre 83].

Les perspectives dans la recherche sur les états non-classiques du champ s’orientent
entre autres sur les états non-classiques multimodes [Kolobov 99|, comme pour la
génération d’images quantiques [Lugiato 02|, et sur 'utilisation de ces états dans
les expériences d’information quantique. On abordera certaines de ces notions au
chapitre 5.

On peut aussi citer des travaux de plus en plus nombreux sur les états non-
classiques de la matiére. Des ondes de matiéres, extraites des condensats de Bose-
Einstein, sont manipulées dans des expériences d’optique atomique. La réalisa-
tion d’un laser a atomes |Hénsch| et de mélange paramétrique & quatre ondes
d’onde de matiére [Deng 99| permet d’envisager dans un futur proche la géné-
ration d’états non-classiques pour ces ondes de matiére. Dans les microcavités
semi-conductrices en régime de couplage fort, les expériences d’optique quantique
portent sur les polaritons, ondes mixte rayonnement-matiére. Ces expériences pré-
sentent une certaine analogie avec les expériences sur les ondes de matiéres issues
des condensats. Une expérience sur des états non-classiques des ondes mixtes de
polaritons est présentée au chapitre 3.
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B.2 Génération d’états non-classiques par des processus
paramétriques

On introduit amplification paramétrique par quelques considérations sur la
question du réle du bruit quantique dans le processus d’amplification. On montre
alors que I'opérateur de compression introduit au paragraphe B.1.3 fait apparaitre
naturellement les processus paramétriques comme une méthode de génération
d’états non-classiques. On discute des deux types d’états non-classiques produits
dans les deux configurations différentes possibles de mélange paramétrique.

B.2.1 Amplification sans bruit

Un systéme paramétrique est un systéme résonant (avec une ou plusieurs réso-

nances) dont un paramétre (relié au stockage de ’énergie) est modulé périodique-
ment par une source extérieure. La modulation est responsable soit d'un échange
périodique d’énergie entre les systémes résonants soit d’un transfert continu de
I’énergie de la source de modulation vers les systémes résonants. L’exemple type
est celui de la modulation de la longueur d’un pendule, qui permet de mettre
le pendule en oscillation. Les processus paramétriques peuvent étre utilisés avec
la lumiére pour I’amplification cohérente de la lumiére, i.e. 'amplification dans
laquelle a la fois la phase et 'amplitude du champ entrant sont reproduites. Du
point de vue de la mécanique quantique, on doit considérer I’ajout nécessaire dans
tout processus d’amplification d’une certaine indétermination de la phase et/ou de
Pamplitude qui peut dégrader la quantité d’information portée par ’onde [Loui-
sell 61]. Dans un laser par exemple, I’émission spontanée peut se voir comme la
source fondamentale de bruit quantique responsable d’un bruit ultime. Le photon
supplémentaire de 1’émission spontanée constitue de ce point de vue un terme
incohérent ou un terme de bruit, complétement décorrélé des termes cohérents,
comme les termes d’émission stimulée dans le laser.
L’amplification sensible & la phase peut étre utilisée pour favoriser une quadrature
du champ en produisant un état ol une quadrature est déamplifiée en dessous de
la limite quantique standard. La quadrature conjuguée porte alors I'excés de bruit
nécessaire pour ne pas violer les inégalités de Heisenberg.

B.2.2 Réduction de bruit par couplage entre modes: amplification
paramétrique dégénérée

Les états comprimés ont été introduits par ’application de ’opérateur de com-
pression sur un état cohérent. On peut associer a cet opérateur un hamiltonien, de
la méme maniére que la transformation unitaire qui décrit le mélange des champs
sur une lame partiellement réfléchissante a été reliée au hamiltonien de couplage
linéaire de Jaynes-Cummings entre les modes (paragraphe B.1.4). Comme 'opé-
rateur de compression a une dépendance quadratique avec I'opérateur champ, le
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hamiltonien associé est non linéaire. L’opérateur de compression de bruit produit
donc le méme état que celui vers lequel évolue un état quasi-classique sous ’action
du hamiltonien H pendant un temps T:

H= g(n*62 +na'?) (1-28)
Cet hamiltonien décrit un processus de création ou de destruction simultanée de
deux photons dans un mode du champ. Le paramétre & est relié a la constante de
couplage 7 par la relation: £ = inT |[Ryan 03]. Les processus physiques décrits par
H sont des processus non linéaires dégénérés. R
Sin = x?Ep, ou Ep est "amplitude du champ pompe, H décrit un mélange
paramétrique dégénéré, dans lequel la fréquence de la pompe est le double de la
fréquence du signal (le complémentaire et le signal sont dégénérés). En effet, dans
un traitement quantique de la pompe, le hamiltonien d’un mélange paramétrique
qui transforme un photon de la pompe de fréquence w,, sous ’action de I'opérateur
de destruction ap, en deux photons de fréquence moitié s’écrit:

~3 SN PPN
Hpara,deg = a3,d€9(a}[3a2 + aP(aT)Q) (1_29)

ol @3 4eq est le coefficient d’interaction non linéaire, et @ ’opérateur d’annihilation
d’un photon dans le mode de fréquence w,/2.

Si p = x*E% (dans (1-28)), le mélange paramétrique dégénéré est a quatre
ondes. Deux photons de la pompe produisent un photon signal et un photon
complémentaire, tous de méme fréquence. Le hamiltonien quantique correspond
s’écrit maintenant:

~4 SUTSR o
Hpara,deg = a47d€9(aT2a2 + a2aT2) (1_30)

Oll (vy geq est le coefficient d’interaction non linéaire. Les processus paramétriques, a
trois ou quatre ondes, apparaissent ainsi naturellement dans la génération d’états
non-classiques. Il est souvent nécessaire de placer ces milieux amplificateurs dans
des cavités optiques résonantes, qui exaltent I'interaction avec le champ lumineux.
On verra dans la section suivante les états non-classiques produits par mélange
paramétrique non dégénéré.

Cependant, d’autres processus non linéaires permettent de modifier les fluctua-
tions quantiques, comme l’interaction avec un milieu non linéaire Kerr. L’effet
correspond en fait & un mélange paramétrique & quatre ondes complétement dé-
généré, dans lequel deux photons de la pompe donnent deux photons signal, tous
de méme fréquence. Il s’agit du second processus paramétrique dégénéré consi-
déré, décrit par le hamiltonien 1-30. L’effet Kerr sera discuté plus en détail dans
le chapitre 3, consacré a I’étude la compression de bruit par interaction avec une
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microcavité, qui peut étre traitée sous certaines conditions comme un milieu Kerr
effectif.

On peut citer aussi le cas du laser, dans lequel n’intervient pas de processus
non linéaire, qui produit en principe des photons dans une distribution sub-
poissonnienne. Le bruit de diffusion de phase Shalow-Tones, du a I’émission spon-
tanée, est responsable d’une grande valeur de la variance de la phase, qui peut étre
suffisamment importante pour que la variance sur le nombre de photons passe en
dessous de la limite quantique standard. Pour les lasers a cristaux ou a colorants,
les pertes et le bruit de pompage raménent la distribution vers la distribution de
I’état cohérent. En revanche, le principe de la pompe réguliére, qui consiste en un
pompage électrique faiblement bruité en intensité [Golubev 84|, peut étre utilisé
dans les laser a semi-conducteur et permet de générer des champs comprimés en
intensité (voir par exemple la référence [Kilper 97|, avec un taux record de 70 %).

B.2.3 Amplification paramétrique non-dégénérée

Dans un processus d’amplification non-dégénéré, le champ produit est dans un
état & deux modes, notés 1 et 2. Le hamiltonien quantique correspondant s’écrit:

Bl pron—deg = O5.deg (@012 + Tpiaf ) (1-31)
oll a3 4eq est le coefficient d’interaction non linéaire, et @; I’opérateur d’annihilation
d’un photon dans le mode 7. Les deux photons émis simultanément différent par
au moins une de leurs caractéristiques: la direction de propagation, la polarisation
ou la fréquence, et peuvent étre dans tous les cas séparés spatialement. L’état
général du champ produit a pour expression [Fabre 99]:

) = Z Chy g 121, 122) (1-32)

ni,n2

ol ny et ny sont respectivement le nombre de photons dans le mode 1 et 2. Il
est possible d’avoir dans certains cas des fluctuations réduites dans la mesure
d’un des deux modes, comme au paragraphe précédent. Par contre, des nouvelles
propriétés quantiques apparaissent si I’état du champ produit, |¢), est un état
non factorisable [Fabre 99]. Dans ce cas, I’état du champ ne peut pas s’exprimer
comme le produit de deux états:

() # (D Cuiln1)) ® (D Cralna)) (1-33)

On peut comprendre facilement le caractére nouveau de ces états en considérant
par exemple la cas de la conversion paramétrique spontanée, restreint a deux
modes. Le champ produit est dans I'état [Fabre 99]:
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) = Col0,0) + Ci1, 1) (1-34)

C’est un état de photons jumeaux, la population dans les deux modes est tou-
jours la méme. La présence d’un photon dans un mode assure de la présence d’un
photon dans 'autre. En pratique, les processus spontanés sont de faible efficacité,
et comme on ’a déja remarqué pour les processus dégénérés, on travaille souvent
avec une cavité résonante, qui pourra étre résonante avec un ou plusieurs des
modes mis en jeu. On produit alors des faisceaux jumeaux.

Ces faisceaux présentent des corrélations quantiques. Deux types de critére de
corrélations quantiques peuvent étre considérés [Fabre 02]: I'un est un critére sur
la variance conditionnelle [Reid 89|, que l'on ne discutera pas; ’autre s’appuie sur
la comparaison avec une expérience classique. Pour ce dernier, on compare 1’'expé-
rience considérée et 'expérience équivalente faite avec des états cohérents et des
lames semi-réfléchissantes. Les corrélations quantiques peuvent par exemple étre
mises en évidence dans une mesure de différence de bruit d’intensité mesurés sur
chacun des faisceaux. L’état du champ est un état propre de 'opérateur différence
de photons dans les deux modes, de valeur propre zéro. Le nombre de photon dans
les deux modes est toujours le méme. Au niveau des fluctuations quantiques, cela
signifie que les fluctuations du nombre de photons sont exactement les mémes dans
les deux modes, et s’annulent complétement dans la différence. Dans 1’expérience
"classique" équivalente, la différence de bruit d’intensité est & la limite quantique
standard, donnée par la somme des bruits quantiques standards sur chacune des
deux voies. Ce critére est aussi appelé critére de "gémellité quantique" [Fabre 02|.
On pourra se reporter a la référence [Karr 03b| pour une comparaison de ce critére
avec le critére sur la variance conditionnelle.

Expérimentalement, la mesure la plus simple consiste a effectuer la différence des
bruits d’intensité sur les deux faisceaux, qui donne des informations sur les cor-
rélations en intensité. Dans les milieux paramétriques, on peut citer I’expérience
historique de mélange & quatre ondes dans les faisceaux atomiques [Slusher 85]. La
réduction de bruit sur la différence des intensités du signal et du complémentaire
a atteint le taux record de 86 % dans un OPO avec cristal de LiNbO3 [Mertz 91]
et a aussi été mis en évidence dans les fibres optiques, avec un taux de 12% de
réduction de bruit [Shelby 86].

B.2.4 Relation intrinséque entre compression de bruit et
intrication quantique

On a distingué jusqu’ici deux types d’états non-classiques: les états comprimés
et les états corrélés. Les états corrélés, pour lesquels la fonction d’onde n’est pas
factorisable, sont aussi appelés des états intriqués. Les deux dénominations, états
comprimés et états intriqués, correspondent en fait a4 deux points de vue du méme
phénomeéne. On passe d’une description & I’autre par un changement de base. On
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pourra trouver dans [Scully 97| I’équivalence entre des états corrélés au niveau

quantique et un état & deux modes comprimés. On donne ici la transformation
~3
unitaire développée dans [Lugiato 02]. On part du hamiltonien H,,,, ,.on_des> dui

produit un champ dans un état non factorisable. On effectue le changement de
base:

_ bi+b . b—b
a; = 1\—/i_§ 27 a; = 1\/§ 2 (]‘_35)
~3
et on réexprime H .. .00 gey
~3 ST~ Y~
Hpara,non—deg = a37d59(a'11-3b1 + aP(bJDQ) - OZ37d€g(CL11-3b2 + Clp(b;)Q) (]‘_36)

Cet hamiltonien s’exprime comme la somme de deux hamiltoniens de type
3 . . . . .
H,,/0.4e4- Chacun de ces hamiltoniens donne lieu & un faisceau comprimé. Comme

on a un signe moins devant le second terme du membre de droite, les faisceaux
. . . 3 .
produits par les deux hamiltoniens de type H,,,., 4., sont comprimés sur des qua-

dratures orthogonales. Ainsi, la transformation unitaire (1-35) montre I’équiva-
lence entre des faisceaux EPR, pour lesquels on a des corrélations quantiques sur
deux couples de quadrature conjuguées et un couple de faisceaux comprimés sur
des quadratures orthogonales. La transformation montre que ’on passe d’'un point
de vue a 'autre par un simplement changement de base. Elle s’adapte évidement
au cas de faisceaux présentant des corrélations sous la limite quantique sans pour
autant étre EPR.

B.3 Meéthode entrée-sortie

On termine cette introduction a la réduction de bruit quantique par la méthode
qui sera utilisée pour le traitement des fluctuations quantiques. C’est une méthode
semi-classique développée en partie au laboratoire, qui permet de calculer les
fluctuations a partir des relations simples- et intuitives- de couplage des champs
sur une lame semi-réfléchissante.

B.3.1 Une transformation linéaire semi-classique entrée sortie
pour les fluctuations quantiques

On considére une cavité optique, qui contient ou non un milieu non linéaire.
Dans cette méthode, les fluctuations du champ sortant de la cavité sont obtenues
a partir des fluctuations du champ entrant par une transformation linéaire issue
des équations pour les champs classiques [Reynaud 89b]|. L’équivalence de cette
méthode avec I'approche quantique standard a été démontrée dans le cas parti-
culier o les champs entrants sont des champs cohérents (notamment le champ
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du vide), pour la génération de faisceaux jumeaux dans un OPO non dégénéré,
pour la réduction du bruit de photon dans un systéme bistable et pour une large
classe d’OPO. L’ analogie obtenue dans ces différents systémes permet de valider
I’utilisation de cette méthode.

La méthode consiste en une linéarisation des fluctuations autour d’un point de
stationarité puis a la description du couplage des champs sur les miroirs a partir
des équations classiques de réflexion et de transmission d’un miroir. Elle permet de
calculer les fluctuations sortantes en considérant toutes les fluctuations gouvernées
par les champs fluctuants incidents sur les miroirs de couplage. Dans ce traitement,
les fluctuations sont traitées comme des variables aléatoires "classiques".

Il existe d’autres méthodes semi-classiques de traitements des fluctuations
[Scully 97]. Mais ces méthodes n’offrent pas une représentation aussi intuitive
que celle décrite ci-dessus, dans laquelle les champs entrants A™ s’interprétent
comme les champs fluctuants incidents.

B.3.2 Equation de Heisenberg-Langevin du champ intra-cavité

Ces champs fluctuants constituent des sources de bruit dans le systéme. L’équa-

tion d’évolution d’un systéme couplé a un réservoir est bien connue dans le cas
d’un couplage linéaire. Dans le cas d’'un couplage non linéaire, il devient alors diffi-
cile de séparer explicitement les termes de fluctuations et les termes de relaxation.
Cela est néanmoins possible grace a la méthode des projecteurs, dont ’application
aux microcavités semi-conductrices a été abordée dans la référence [Karr 01].
La relaxation d’'un mode propre d’'une cavité Fabry-Pérot correspond au cas li-
néaire et peut étre traitée par cette méthode. On considére le couplage entre le
mode de cavité, représenté par un oscillateur harmonique, avec un réservoir har-
monique unidimensionnel, constitué par tous les modes en dehors de la cavité. Le
couplage entre un mode de cavité et un mode en dehors de la cavité se fait au
niveau des miroirs. On retrouve le hamiltonien de type Jaynes-Cummings, comme
au paragraphe B.1.4, dans le hamiltonien global d’interaction:

d . .
Hy = Zh/ 2_00/{1 (w) (aj:avAea:t,w - Alxt,wacav) (1-37)

™

-~

ol al,, est 'opérateur de création d’un photon dans le mode de cavité et Alxt’w
I’opérateur de création d’un photon dans le mode caractérisé par la fréquence w a
Pextérieur de la cavité. Le coefficient de couplage r1(w) est directement relié a la
transmission du miroir. On peut le supposer indépendant de la fréquence sur une
bande d’énergie autour de la fréquence de travail. L’équation de Heisenberg pour

le champ & l'intérieur de la cavité s’écrit [Karr 01]:

T — 4 830 + 0 A0 (139
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71 est le taux de relaxation a travers le miroir de couplage, d, le désaccord entre
la fréquence de la pompe et la fréquence de résonance de la cavité et A;,(t) le
champ incident sur le miroir de couplage. Le premier terme du membre de droite
décrit la propagation avec pertes dans la cavité. Le second terme décrit les champs
extérieurs incidents et les fluctuations entrantes directement reliée a la relaxation.
Cette équation est dérivée dans I’annexe A dans une approche basée sur le calcul
du champ dans une cavité Fabry-Pérot. L’équivalence entre les deux approches
est discutée en détail dans les références [Karr 01, Courty 90]). On verra dans la
section suivante quelles hypothéses sont nécessaires a la dérivation d’une équation
d’Heisenberg pour le mode exciton.

On s’intéresse aux effets non linéaires cohérents dans les microcavités, obtenus
par excitation résonante de la branche basse de polaritons. Sous certaines condi-
tions, la microcavité est le lieu de processus de mélange paramétrique a quatre
ondes, dans les configurations dégénérée ou non dégénérée. En se référant aux
expériences standard d’optique quantique dans les milieux paramétriques, on dis-
cute de la génération d’états non-classiques dans les deux configurations et du
traitement théorique des fluctuations pour le champ mixte rayonnement-matiére
de polariton.

C.1 Origine des non-linéarités

On décrit le hamiltonien d’interaction non linéaire du systéme couplé exciton-

photon & partir du hamiltonien bosonique d’interaction entre excitons, obtenu par
la transformation d’Usui [Rochat 00]. Ce traitement de ’exciton comme un bo-
son a été introduit initialement dans les semi-conducteurs pour le traitement du
cristal massif [Hanamura 74|. On peut trouver une description détaillée du cadre
général défini plus bas dans les références [Ciuti 00, Ciuti 01].
L’interaction coulombienne entre les porteurs est responsable de deux termes sup-
plémentaires par rapport au hamiltonien linéaire (1-6): un terme effectif d’inter-
action exciton-exciton et un terme de saturation anharmonique dans le couplage
exciton-photon. Le terme d’interaction exciton-exciton s’écrit:

1
Hepe—ene = 5 Z ‘/qblT(-s—qb;r(’—qbkbk’ (]__39)
k.k/,q

avec V, ~ V) = 662G epe /€0 A pour qaeye < 1, aeqe est le rayon de Bohr de I’exciton,
€o la constante diélectrique des puits quantiques et A 'aire de quantification. k
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et q sont des vecteurs d’onde dans le plan des couches. Le terme de saturation
s’écrit:

o == 3 Vour (e oblo-qdre + ancrabre—ablb]. )
kk’,q

avec Vigt = Qp/2nsatA. gy = 7/ (167a2,,) est la densité de saturation de I'ex-
citon. Tant que les termes non linéaires sont petits devant le couplage de Rabi
g, il est possible de négliger 'interaction non linéaire entre la branche haute et
la branche basse, qui donne des termes non résonants. Les deux polaritons sont
donc virtuellement découplés et il est plus approprié de travailler dans la base
des polaritons. De plus, on considére une excitation résonante avec la branche
basse de polaritons par un champ laser quasi-monochromatique et on cherche a
déterminer I’évolution du polariton de branche basse. En termes d’opérateurs po-
lariton de branche basse, le hamiltonien total du systéme est H = Hyp + HE.
Le terme libre est Hyp = ), ELp(k)prk. L’interaction effective entre polaritons
de branche basse est:

. 1
kk',q

avec

Vi 4 = VoXw - XX ikrq Xir + 2VearXiw—q Xk (Clriq Xir + Crv Xjiciq)) (1-41)
Pour les paramétres typiques Qz=3 meV, aee=100 A et ¢g=(3.5)% €}*““" on
trouve Vi, /Vo =~ 0.012. C’est pourquoi on peut négliger le terme de saturation
devant le terme d’interaction coulombienne (excepté dans le cas d'un trés fort
désaccord négatif, ot on a Cy > Xj):

VG o = VoXiksa X X —q Xk (1-42)

Cet hamiltonien d’interaction décrit des processus de diffusion entre polaritons
par mélange a quatre ondes. On ne considére pas ici les diffusions multiples, i.e.
on suppose que les modes finaux du processus initial de diffusion, enclenché par
le pompage résonant, ne sont pas suffisamment peuplés pour servir de modes
de départ pour des diffusions & l'ordre suivant. On peut ainsi décomposer les
interactions non linéaires en trois processus distincts [Karr 01]:
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1

H ;g = §VkL7kL,0pI{LpLkakaL
+ > Vit -k (D 1PePreg Prey, + 11..)
k#kr,
+ Vi 0Pk, PP P (1-43)
k#ky,

Le premier terme du membre de droite décrit 'interaction des polaritons dans
le mode pompe. Le second terme décrit la diffusion des deux polaritons excités
par la pompe vers deux autres, avec conservation de I’énergie et accord de phase
-ce terme correspond aux processus d’amplification paramétrique par mélange a
quatre ondes de polaritons-. Le dernier terme est responsable de la renormalisation
des énergies. Il décrit l'interaction de n’'importe quel mode avec la population du
mode pompé®.

Le processus paramétrique correspond & la diffusion de deux polaritons dans le
mode pompe vers deux autres modes, que ’on appelle, par analogie avec les OPO,
les modes signal et complémentaire. Le processus de diffusion s’écrit de fagon
générale: {k,,k,} — {k,2k, — k} avec conservation de I'énergie 2E.p(ky) =
E1p(2k, —k)+ ELp(k). Deux solutions sont alors possibles. Une solution triviale,
dans laquelle seul le mode pompé est mis en jeu et une solution non-triviale oul
trois modes distincts entrent en jeu. La solution triviale a été jusqu’a présent trés
peu étudiée, en comparaison avec le grand nombre d’expériences qui ont été faites
dans la configuration non-dégénérée.

C.2 Amplification paramétrique dans le cas non-dégénéré
Cette configuration est couramment appelée la configuration de 1’"angle ma-
gique". Ce terme est apparu pour la premiére fois dans [?], et désigne simplement
I’angle pour lequel la condition d’accord de phase est réalisée dans la configu-
ration non-dégénérée. Ce processus est efficace seulement si les modes signal et
complémentaire qui vérifient aussi la condition de conservation de I’énergie, sont
résonants avec la branche basse. La solution de la condition de conservation de
I'énergie dans le plan (k,, k,) a une forme de huit (représentée figure 4.13 au cha-
pitre 4). En principe, pour une excitation a ’angle magique, une infinité de couples
de modes sont donc susceptibles d’osciller. En pratique, seul le couple {0, 2k}
oscille, sans doute parce que le mode k = 0 a les pertes les plus faibles®. Au-dessus
du seuil, seuls trois modes sont concernés: le mode pompé k;, et les modes signal
0 et complémentaire 2k,. La figure 1.6 représente le schéma de ’amplification

5. Ce déplacement vers le bleu est & l'origine d’effets spatiaux dans le spot d’excitation, qui
seront étudiés par la suite.

6. On note qu’il est cependant possible dans une certaine mesure de stimuler un autre couple
proche du couple {0,2k;}, avec une sonde résonante avec le mode du signal voulu.
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0 2k,

paramétrique non dégénérée, adapté de la référence [Kundermann 03].

Cette diffusion est semblable au processus d’amplification paramétrique dans
I’OPO non dégénéré. Dans ce cas, la microcavité, considérée comme un "micro-
OPO" [Baumberg 00], peut étre utilisée pour générer des états non-classiques a
deux modes. Plusieurs propositions théoriques ont été faites. Schwendimann et
al. ont étudié les états non-classiques pour la fluorescence paramétrique [Schwen-
dimann 02], i.e. en régime d’amplification paramétrique sous le seuil. Nous nous
sommes intéressés aux corrélations quantiques au-dessus du seuil [Karr 03b], en
utilisant les différents critéres introduits plus haut. Dans tous les cas, de nom-
breuses distinctions sont a faire avec le cas des OPO (voir le paragraphe C.5). On
note en particulier que la nature composite des polaritons, fonction du vecteur
d’onde dans le plan, entraine un fort désaccord en intensité entre le mode signal
et le mode complémentaire, qui complique la mesure et nécessite d’adapter les
critéres de corrélations [Karr 03b].

2 2

C.3 Amplification paramétrique dans le cas dégénéré

L’amplification paramétrique peut aussi avoir lieu dans une configuration dans
laquelle on n’a plus de transfert cohérent de populations du mode pompé vers
d’autres modes. Cette autre solution correspond a une configuration compléte-
ment dégénérée, dans laquelle un mode unique intervient: {k,k} — {k k}. La
conservation de I’énergie est satisfaite de facon triviale. En principe, ce processus
non linéaire peut s’observer pour une excitation a n’importe quel angle. En pra-
tique, les expériences dans la configuration dégénérée, présentées au chapitre 3, se
font & I'incidence normale, & résonance avec le mode du bas du piége.
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E, (k)

On considére donc une excitation a I'incidence normale. Le processus de diffusion
est {0,0} — {0,0}. Le hamiltonien d’interaction s’écrit alors:

1
HY = §V0P(T)P(T)P0P0 (1-44)

On reconnait ici le hamiltonien d’un milieu Kerr (voir la relation (1-30)). Dans
le cas d’une excitation a l’'incidence normale résonante avec la branche basse de
polariton, la microcavité peut étre décrite comme un milieu Kerr effectif en cavité
-elle présente un seuil de bistabilité-, ce qui signifie, du point de vue de I'op-
tique quantique, que ce milieu est un candidat potentiel pour générer des états
comprimés du champ. En effet, il est bien connu qu’au voisinage d’un point tour-
nant de bistabilité, qui est un point de transition de phase, certaines fluctuations
divergent. Dans le cas de la bistabilité optique, ce sont les fluctuations d’une qua-
drature particuliére du champ électromagnétique qui divergent. Dans le méme
temps, la quadrature conjuguée voit ses fluctuations fortement réduites. Pour un
milieu Kerr idéal, la compression de bruit est parfaite.

L’amplification paramétrique conduit ici & un terme d’interaction de type Kerr,
qui constitue 'un des types de milieu possibles déja cité pour produire des états
non-classiques du champ. On trouve aussi dans les OPO des cas ou I’amplification
paramétrique conduit a des termes d’interaction de type Kerr. C’est par exemple
le cas d’'un OPO de type deux dans un milieu non linéaire d’ordre deux [Zhang 00],
ou l'interaction de la pompe avec I’émission non linéaire réduit le bruit d’intensité
de la pompe réflechie de 38% en dessous de la limite quantique standard. Mais
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on n’a pas d’équivalent dans les OPO de mélange paramétrique & quatre ondes
complétement dégénéré donnant lieu & une interaction de type Kerr”.

C.4 Equation de Langevin quantique pour le mode exciton

L’étude de la relaxation du mode polariton est un probléme difficile, qui né-
cessite des approximations. Le cas le plus simple consiste & ne supposer aucune
source de bruit particuliére. La source de bruit dans 1’équation de Langevin pour
le mode polariton, appelée aussi la force de Langevin, correspond alors simplement,
aux fluctuations du vide, i.e. le bruit du vide rentre sur chacune des voies excito-
nique et photonique. Pour cette derniére, I’hypothése d’un bruit entrant égal au
bruit du vide est trés bien vérifiée expérimentalement (dans la bande de fréquence
considérée d’environ 10 MHz). En effet I’échantillon est excité par un laser dans
un état cohérent, dont les fluctuations sont a la limite quantique standard. En
revanche, ’hypothése est simpliste pour le mode excitonique. Plusieurs proces-
sus sont responsables d'un excés de bruit, qui dépend entre autres de I'intensité
d’excitation. La comparaison d’un modéle avec les expériences nécessite d’intégrer
autant que possible ces processus. La difficulté de ’étude de la relaxation du mode
polariton réside donc dans la modélisation des sources de bruit du mode excito-
nique. On écrit les termes de bruit pour les voies exciton et photon et le bruit sur
la voie polariton est donné par une combinaison linéaire des bruits excitoniques et
photoniques. Ce traitement des sources de bruit dans la base découplée suppose
implicitement que le couplage exciton-photon n’a pas d’influence sur les processus
de relaxation.

On discute ici des différentes sources de bruit, et on indique la voie suivie dans
I’étude de la compression de bruit au chapitre 3. Ce travail théorique a été ef-
fectué en grande partie pendant la thése de Jean-Philippe Karr [Karr 01]. Trois
sources d’élargissement peuvent étre isolées: le désordre [Savona 99, Savona 03],
Iinteraction coulombienne entre excitons ( [Sermage 96|, [Tassone 99]) et I'in-
teraction avec les phonons ( [Tassone 99|, [Ciuti 98]). L’élargissement associé au
désordre sera pris en compte dans une largeur effective dans ’ajustement de la
courbe d’anticroisement, mais sera négligé dans la fin de ce paragraphe. L’interac-
tion entre excitons comprend des termes conduisant a I’effet non linéaire cohérent
et des termes incohérents, qui provoquent un élargissement de type collisionnel.
Cet élargissement est aussi traité avec une largeur effective, déterminée a partir
de mesures annexes. La difficulté de la mesure des largeurs est discutée au pa-
ragraphe B.3.2 du chapitre suivant. L’élargissement collisionnel peut étre négligé
au voisinage du désaccord nul, en particulier pour des échantillons de trés bonne
qualité. Il reste enfin I'interaction avec les phonons ( [Messin 00], [Messin 02]), res-

7. Dans l'expérience citée, le milieu est d’ordre deux, les champs n’ont pas tous la méme
fréquence. On peut aussi citer une expérience d’amplification paramétrique & quatre ondes, ou
le mélange quasi-dégénéré dans une vapeur de Sodium conduit & un terme d’interaction de type
Kerr [Grandclément 89].
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ponsable d’un couplage de chaque mode excitonique avec un continuum de modes
excitoniques et un continuum de mode de phonons acoustiques (en supposant que
Pon travaille & basse température). Les deux réservoirs peuvent étre confondus
en un par une transformation simple et 'interaction est ramené a un couplage
linéaire avec un réservoir unique [Steyn-Ross 83].

Le traitement complet de ce probléme est délicat; on pourra se reporter & la ré-
férence [Karr 01| pour une discussion détaillée. Différentes approximations sont
possibles, suivant le probléme étudié. On restreint ici la discussion au cas d’une
excitation résonante avec le polariton & k = 0, a température basse fixée. L’état
du bas du piége subit une relaxation incohérente des autres modes de la branche
basse, tous d’énergies supérieures. Ces états sont peuplés par les collisions des
excitons dans le mode pompé avec les phonons. La relaxation est d’autant plus
importante que le nombre de polaritons excités est important. On considére I’in-
teraction du mode excitonique k = 0 avec un réservoir (voir la figure 1.8). On
suppose un couplage linéaire de type Jaynes-Cummings. Le hamiltonien d’inter-
action entre ce mode et le réservoir est similaire a celui introduit dans la relaxation
du mode de cavité (relation 1-37). Ainsi on aboutit & une équation de relaxation
du mode excitonique:

db(t)

dt
op est le désaccord du laser par rapport a la fréquence du mode. Les fluctuations
entrantes B;,(t) dépendent du coefficient 5. Plus la constante [ est grande et

plus I’excés de bruit sur le mode k = 0 est grand. On dérivera au chapitre 3 une
équation d’évolution pour le mode polariton k = 0.

= — (7 +i6) b(t) + /27 Bin (t) (1-45)

C.5 Etats non-classiques d’un champ mixte
rayonnement-matiére

Une discussion qualitative du traitement des fluctuations des polaritons, ef-
fectuée dans le cadre de la méthode entrée-sortie, peut étre menée en s’aidant
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b a

de la représentation de la lame partiellement réfléchissante (voir le paragraphe
B.1.4); le principe étant toujours de considérer les fluctuations d’un mode sur une
des voies de sortie, comme un mélange des fluctuations des modes d’entrée. On
représente sur la figure 1.9 le schéma du couplage exciton-photon avec une lame
partiellement réfléchissante.

La possibilité de produire des états non-classiques du champ dans une microcavité
en régime de couplage fort est offerte par le processus non linéaire d’amplification
paramétrique. Suivant la configuration envisagée, on produit des champs corrélés
dans deux modes distincts ou dans un seul mode. La non-linéarité, donnée par
la composante excitonique du mode polariton pompé, doit étre suffisamment effi-
cace pour compenser 1’excés de bruit rajouté dans une excitation résonante, par
le processus décrit au paragraphe précédent. Les fluctuations du mode polariton,
considéré comme un des modes de sortie (la voie p), sont données par une combi-
naison linéaire des fluctuations des modes sur les deux voies d’entrée (les voies a et
b), le mode photonique et le mode excitonique, avec des poids donnés par le désac-
cord exciton-cavité, en fonction duquel s’exprime le coefficient de couplage de la
lame. Si les sources de bruit sur le mode excitonique sont trop importantes (C.4),
les effets escomptés sur les fluctuations quantiques du polariton seront perdus.
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Présentation générale de 1’expérience

A.1 Le laser

La source laser est un laser titane saphir monomode et accordable entre 820
et 850 nm, concu par Francois Biraben au laboratoire Kastler Brossel. Plusieurs
modéles sont utilisés dans sa propre équipe et sur beaucoup d’autres expériences
au laboratoire. On pourra ainsi trouver une description détaillée de ce laser, de
la fabrication aux réglages finaux, dans de nombreuses theses effectuées au labo-
ratoire (voir par exemple [Bouyer 95, Messin 00]). Nous nous bornerons ici & une
présentation des caractéristiques principales nécessaires a la compréhension des
expériences discutées dans les chapitres suivants.

A.1.1 Schéma de la cavité laser

La cavité laser en anneau est constituée de six miroirs. Deux miroirs sphériques,
de rayon de courbure 15 cm, sont placés de part et d’autre du cristal. Ils définissent
le mode gaussien d’oscillation laser. Le cristal est pompé a travers le miroir M;.
Les quatre autres miroirs sont plans. La lumiére sort de la cavité par le miroir Mg,
avec 4 % de transmission. Le couplage est optimisé pour 810 nm. Le miroir M3
est monté sur une cale piézo-électrique, utilisée pour un asservissement destiné a
éviter les sauts de mode.

Le milieu amplificateur est un cristal de titane saphir, taillé & Brewster pour
une longueur d’onde de 800 nm. Du fait de sa large courbe de gain, qui couvre
approximativement la fenétre 700 — 1100 nm, il offre une grande accordabilité. Les
traitements des miroirs sont optimisés pour un fonctionnement entre 828 nm et
855 nm.

La courbe d’absorption du cristal s’étale entre 400 et 600 nm environ. Le cristal
est pompé par un laser & Argon ionisé & 532 nm, délivrant jusqu’a 15 Watts de
puissance.

Le fonctionnement unidirectionnel nécessite d’introduire une diode optique dans
la cavité. Il est assuré par un rotateur de Faraday: on place un verre de Hoya a
I’incidence de Brewster dans I’entrefer d’un électro-aimant. Au passage a travers
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cet élément, la polarisation de la lumiére tourne d’un angle 6 indépendamment du
sens de propagation. A I'inverse, la réflexion sur ’ensemble des miroirs My, M; et
Mg, placés dans un plan distinct de celui dans lequel se trouvent les autres miroirs,
fait tourner la polarisation du méme angle 6 mais avec un signe qui dépend du
sens de parcours. Les rotations se compensent dans un sens et s’ajoutent dans
I’autre. Comme la cavité posséde de nombreux éléments orientés & I'incidence de
Brewster, la lumiére subit des pertes pour un des sens de parcours. On favorise
ainsi un des sens de parcours.

A.1.2 Fonctionnement monomode

Dans ces conditions, la largeur de la courbe de gain est beaucoup plus grande
que Dintervalle spectral libre (que 1'on note I.S.L. par la suite). Le laser peut
donc osciller sur un grand nombre de modes de cavité. Le régime monomode
d’oscillation est atteint par l'introduction dans la cavité d’éléments sélectifs en
fréquence. On force ainsi le laser a osciller sur un mode unique de la cavité laser.
Trois filtres sont nécessaires:

- le filtre de Lyot, d’I.S.L. 17000 GHz et de largeur spectrale 2000 GHz. 1l est
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constitué de quatre lames biréfringentes de différentes épaisseurs. Le filtre se régle
en jouant sur ’orientation relative des lames. Elles sont placées a l’'incidence de
Brewster pour minimiser les pertes.

- ’étalon mince, d’I.S.L. 200 GHz et de largeur spectrale 40 GHz. C’est un filtre
de type Fabry-Pérot, constitué d’une lame de silice de 0,7 mm d’épaisseur. Il se
base sur le principe de la dispersion d’une cavité optique. On joue sur ’orientation
de la lame par rapport au faisceau laser pour changer la fréquence de résonance
de la cavité.

- I’étalon épais, d’I.S.L.. 20 GHz et de largeur spectrale 500 MHz. C’est aussi

un filtre de type Fabry-Pérot, constitué de deux prismes (voir le schéma pour la
disposition). L’un des deux est monté sur une cale piézoélectrique.
On atteint ainsi un fonctionnement monomode, avec une largeur spectrale infé-
rieure au mégahertz. On accorde la fréquence du laser par sauts de modes du filtre
Lyot et de I’é¢talon mince. Un ajustement continu est possible avec le bilame sur
une plage de 15 GHz, (qui correspond au balayage de 28 pics de I’etalon épais).

A.1.3 Asservissement de ’étalon épais

[’asservissement se fait au niveau de I’étalon épais. On module la tension
appliquée a la cale piézo-électrique sur laquelle est monté le miroir M3. On mesure
la modulation de la puissance du laser sur une photodiode en sortie. Une détection
synchrone délivre un signal de correction appliqué directement sur la cale. On
s’asservit ainsi sur un maximum de la courbe de transmission de 1’étalon épais.
Le laser est monté sur une grande plaque de marbre qui assure une bonne stabilité
mécanique. L’ensemble du montage, de la pompe & la sortie du Titane, est placé
dans une enceinte en plexiglass mise sous une faible surpression. La température
de la piéce est contrélée par une climatisation.

A.1.4 Asservissement en intensité

Les vibrations mécaniques des supports ont par contre un effet non négligeable
sur les fluctuations d’intensité & basse fréquence. On asservit I'intensité en sortie
du laser avec un électro-optique. On utilise une boucle de contre réaction, concue
au laboratoire par Antoine Heidmann [Hadjar 98]. Elle permet de s’affranchir des
fluctuations de I'intensité du laser de fréquence inférieure & quelques dizaines de
kilohertz (voir la figure 2.2). La fibre optique, nécessaire au filtrage spatial du
faisceau d’excitation (voir le paragraphe A.4), est incluse dans la boucle d’asser-
vissement en intensité.

A.2 Analyse spectrale

[’analyse spectrale se fait avec un spectrométre. On peut utiliser soit un photo-
multiplicateur, placé en sortie du spectrométre aprés une fente de méme ouverture
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que la fente d’entrée, soit une barrette de caméra CCD pour mesurer un spectre
sur une plage de 9,6 nm. Elle est placée sur 'autre voie de sortie ol la fente a
été retirée. L’étalonnage se fait avec une raie a 828,01 nm d’une lampe au Xe-
non. La résolution est de 0,02 nm avec le photomultiplicateur. La résolution de
la caméra est de 'ordre du dixiéme de nanométre. Elle est limitée par le nombre
de pixels. Cette précision est suffisante pour controler la longueur d’onde du laser
et résoudre les largeurs de raie des résonances de polaritons en régime linéaire.
Par contre elle est insuffisante pour la résolution des largeurs de I’émission non
linéaire au-dessus du seuil, & cause du rétrécissement spectral.

A.3 Le cryostat

On travaille avec un cryostat & doigt froid a circulation d’hélium. Le thermo-
couple indique une température de 4 K; qui en réalité doit se trouver quelques
degrés au-dessus au niveau de I’échantillon. La température peut étre asservie au
centikelvin sur plusieurs heures, ce qui permet de comparer toutes les mesures,
bien que la mesure absolue de température ne soit pas siire. Les fenétres sont de
part et d’autre de ’échantillon, paralléles & I’échantillon. Le diamétre des fenétres
est 2,5 cm; elles sont distantes de 1 cm. L’échantillon est placé a égale distance
des deux fenétres. Le principal avantage de ce cryostat sur un cryostat a bain
d’hélium est que les fenétres offrent une ouverture angulaire de plus de 45°. On
peut descendre un peu en dessous de la température de ’'Hélium liquide en jouant
sur le flux de circulation d’hélium pour atteindre la limite liquide-gaz.

A.4 Deéfinition du faisceau d’excitation

En sortie du laser la lumiére se propage en principe dans un mode gaussien
T.E.M. 00. L’analyse du profil transverse a I’aide d’un appareil Mode-Master révéle
de 'astigmatisme. Il est introduit par les miroirs de la cavité utilisés hors d’axe,
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et est en partie compensé par l'astigmatisme introduit par le cristal de Saphir
taillé & I'incidence de Brewster. Le profil transverse peut étre corrigé par filtrage
spatial. On a retenu la solution du filtrage par passage par une fibre optique. La
fibre utilisée a un rayon de 7,7 um pour le coeur. Le faisceau laser est adapté au
rayon de la fibre par une systéme standard de lentilles de collimation. On atteint
un taux de couplage de 70 %. En sortie de la fibre, on obtient un mode trés proche
d’un mode gaussien dont le profil transverse est représenté sur la figure 2.3.

A.5 Schéma général

On donne sur la figure 2.4 le schéma de la partie commune a tous les montages
expérimentaux présentés dans les chapitres suivants. Aprés le dernier cube pola-
riseur, qui permet d’ajuster 'intensité d’excitation sans modifier I’asservissement
en intensité et qui définit la polarisation linéaire de la lumiére, on dispose ainsi
d’un faisceau laser monomode, dans un mode TEM 00 sans défauts et stable en
intensité.
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B.1 Principe de la mesure en fonction du désaccord

Pour obtenir un spectre optique de I’échantillon (par exemple de réflectivité)
en régime d’excitation résonante continue, on proceéde habituellement par spec-
troscopie d’excitation, i.e. en faisant varier ’énergie d’excitation. Notre montage
expérimental ne nous permet pas de suivre cette méthode. Le laser titane-saphir
n’est pas accordable continiment sur une plage suffisante. L’énergie peut étre
ajustée par sauts mais I’écart entre deux valeurs voisines ne permet pas d’at-
teindre la résolution nécessaire pour les largeurs spectrales, qui sont un parameétre
crucial dans notre modéle (voir le chapitre 3). On écarte ainsi la spectroscopie
d’excitation (& position fixée) et on adopte une spectroscopie par déplacement
de 'échantillon (& énergie du laser fixée). On appellera donc désormais spectres
les courbes obtenues par variation de la position de 1’échantillon, bien qu’elles ne
correspondent pas au sens habituel de spectre en fréquence.

L’échantillon est fixé dans le cryostat de maniére a ce que la ligne d’égale épais-
seur soit quasi-verticale. Précisément, ces lignes suivent des paraboles (pour des
raisons de fabrication), mais peuvent étre considérées, a ’échelle de la taille du
spot d’excitation, comme un segment rectiligne. Une translation horizontale de
I’échantillon correspond a un changement de I’énergie des résonances de polari-
tons, a cause du gradient d’épaisseur de la cavité. A une valeur de I’énergie d’une
résonance correspond une position horizontale de I’échantillon. Comme la ligne
d’égale épaisseur n’est jamais parfaitement verticale®, on réalise les expériences
toujours sur la méme ligne horizontale, pour étre siir d’avoir la méme correspon-
dance énergie-position.

En fait, pour remonter d’un spectre en position a un spectre en fréquence, il faut
surtout disposer d’une cartographie précise d’une ligne horizontale de I’échantillon.

Le principe de la modulation de la position autour de la résonance est équi-
valent & celui de la modulation de la longueur de cavité autour de la résonance,
couramment utilisé dans les OPO ou les gaz d’atomes en cavité. Il sera utilisé par
la suite pour mettre en évidence la bistabilité (voir les chapitres 3 et 4).

B.2 Caractérisation de 1’échantillon
B.2.1 Description des échantillons

On a utilisé dans ce travail deux échantillons, notés E1 et E2, fournis par Ro-
muald Houdré de I’école polytechnique fédérale de Lausanne. Les miroirs de Bragg
sont composés de couches alternées de GaAs et de AlAs, d’épaisseur optique \o/4,

1. L’image en champ proche 4 faible intensité permet de mesurer ’angle entre la ligne d’égale
épaisseur matérialisée par la raie d’absorption et la direction verticale. Cet angle, qui est petit
mais non nul, est responsable d’un facteur correctif pris en compte dans nos ajustements.
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ol \g est la longueur de fonctionnement, qui vaut 830 nm (soit 1,49 eV). L’échan-
tillon E1 a un miroir de 40 couches et l'autre de 53 (celui collé au substrat), avec
des coefficient de réflectivité en intensité de 99,85 % et 99,95 % respectivement.
Le puits quantique d’Ingg5GapgsAs de 80 A est placé au centre de la cavité de
longueur )\y. Dans I’échantillon E2 ce sont trois puits quantiques d’InggsGaggsAs
de 80 Aqui sont placés dans une cavité de longueur 2\,.

B.2.2 Cartographie de ’échantillon: courbe d’anticroisement

On mesure les énergies des polaritons bas et haut en fonction de la position x
sur une ligne horizontale de ’échantillon. Plus précisément, on mesure les énergies
des minima de réflectivité. La courbe d’anticroisement obtenue pour 1’échantillon
E1 est représentée figure 2.5. Son ajustement permet de déterminer certaines des
caractéristiques de 1’échantillon. La procédure d’ajustement des courbes d’anti-
croisement est présentée en détail dans la thése de Jean-Philippe Karr [Karr 01].
On reproduit ici les résultats obtenus pour I’échantillon E1, sur lequel les expé-
riences de compression de bruit par excitation a 'incidence normale ont été faites
(voir chapitre 3).

Il est important de noter que les énergies des minima de réflectivité ne coincident
pas exactement avec les énergies des polaritons bas et haut Epp/yp (définies aux
relations (1-11) et (1-12)), en raison des largeurs finies des résonances [Karr 01].
L’ajustement présenté correspond donc a un calcul des énergies des minima de
réflectivité, tenant compte des largeurs homogénes de la cavité, ainsi que de la
largeur inhomogéne de ’exciton. On suppose de plus des variations linéaires de
I’énergie de la cavité et de I'énergie de I'exciton avec la position sur ’échantillon,
hypothése probablement mal vérifiée en ce qui concerne 'exciton (c’est ce facteur
qui limite la qualité de 'ajustement). Au final, ’ajustement donne les valeurs des
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cinq parameétres suivants: la position de désaccord nul z(, ’énergie de 1’exciton
au point de désaccord nul E.,.(z¢), les pentes de cavité et d’exciton peq, €t pese
et la fréquence de Rabi (2g.;;. Les pentes de I'exciton p... et de la cavité p.., se
définissent de la facon suivante:

Eexc(x) - ngc + pawa(x - Q?o) (2_1)
Ecav (1’) = Eg;gc + Peav (I - ZL'()) (2_2)
ol xg est la position de I’échantillon correspondant au point de désaccord nul.

Pour I’échantillon E1, dont la courbe d’anticroisement est présentée figure 2.5, les
valeurs obtenues pour les cinq parameétres sont:

Eeye(z0) = 1493,62 £ 0.05 meV
Peaw = 5,94+ 0.09 meV/mm
Peze = 1,16 £0.06 meV/mm

Qravi = 2,78+ 0.11 meV

La valeur de zy (o = 27,36 mm obtenu par l’ajustement montré sur la figure 2.5)
est lue sur la platine de translation sur laquelle est montée le cryostat. A partir
de ces valeurs, il est possible d’obtenir une expression approchée de Ep.

De maniére générale, on remonte d’un spectre en position & un spectre en
fréquence grace a la pente locale de la branche excitée (seule la branche basse de
polaritons est considérée dans ce travail). La pente du polariton de branche basse
prp(z) dépend du désaccord entre la cavité et 1’exciton:

d

prp(z) = %ELP(@ (2-3)

ou I'énergie de branche basse a pour expression (relation (1-11) du chapitre 1):

o 1 7
ELP(.CE) = Eexc(.%') + 5 — 5 62 + Q%QL (2—4)

En utilisant 6 = pegy (T — o) — Pewe( — x0), On obtient:

1 (pcav - pexc)Q(x - .Z'o)
2 \/[(pcav - pexc)(x - xo)]Q + Q%%

On a effectué des mesures sur I’échantillon E2, décrit dans les références [Hou-
dré 00a, Houdré 00b], aux chapitres 4 et 5. On reproduit simplement sur la figure
2.6 la caractérisation fournie par R. Houdré.

pr(fE) = 1(pcav + pexc) - (2—5)

2
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B.3 Largeurs de raies

B.3.1 Cadre général

On a déja noté 'importance de la mesure des largeurs, qui permettra de com-
parer les résultats expérimentaux aux prédictions du modéle dans le chapitre 3.
Les largeurs utilisées dans 'ajustement de la courbe d’anticroisement et par la
suite dans I’étude de la bistabilité a I’angle nul (au chapitre 3) sont des largeurs
mesurées, utilisées ensuite dans les modéles.

La difficulté vient de la détermination de ces largeurs. Avant tout, elles doivent
étre déterminées dans des conditions les plus proches possibles du régime dans
lequel elles sont utilisées dans le modéle. On remarque par exemple que les lar-
geurs de I’échantillon E1 mesurées en lumiére blanche (données fournies par Ro-
muald Houdré), qui donnent des valeurs extrémement faibles (7., = 0,12 meV
et Yeze = 0,075 meV), différent des valeurs mesurées par excitation laser et ne
peuvent donc pas étre directement utilisées dans 1’ajustement des résultats des
expériences faites sous excitation laser. Les largeurs mesurées sont modifiées par
deux sources d’élargissements présentées dans les deux paragraphes suivants: la
taille de tache et I'intensité d’excitation.

Enfin, une autre source d’élargissement peut encore étre considérée. Stanley et al.
ont étudié dans la référence [Stanley 98| 'influence d’une illumination antérieure
sur les largeurs des raies. On a vérifié par une étude détaillée que les spectres
mesurés dans ’obscurité n’étaient pas sensibles & une illumination antérieure.

B.3.2 Elargissement par la tache

La taille non nulle du spot et la distribution non uniforme d’intensité dans le
spot sont responsables d’un élargissement apparent des raies. La taille finie du
spot a pour conséquence un effet de moyenne sur les spectres de réflectivité et de
transmission, dont il peut étre tenu compte dans I’ajustement des courbes expéri-
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mentales. En effet, la variation des énergies de résonance avec la position implique
que la réflectivité mesurée est une moyenne des intensités réfléchies pour chaque
point de la tache, correspondant chacun & une énergie de résonance différente.
De plus, a cause de la distribution en intensité non uniforme du spot d’excita-
tion, chacun de ces points voit une intensité différente. La réflectivité est alors
donnée par la convolution de la réflectivité locale par la distribution en intensité.
Cette convolution peut étre réalisée a une dimension seulement, puisque ’énergie
des résonances ne dépend que de la position horizontale, les lignes d’égale épais-
seur de l’échantillon étant verticales?. Ce modéle donne des résultats probants
a désaccords négatifs pour la branche basse de polaritons. La largeur et la hau-
teur du creux de réflectivité sont reproduits sans parameétres ajustables. Lorsqu’on
s’éloigne des désaccords négatifs, les élargissements homogéne et inhomogéne de
I’exciton interviennent et la correction ne suffit pas pour rendre compte de I’écart
des spectres mesurés avec le cas idéal.

On peut définir une taille de tache limite [Messin 00], & partir de laquelle la taille
non nulle du spot doit étre prise en compte. La taille de tache est négligeable tant
que les variations de I’énergie de résonance a I’échelle du spot sont petites devant
la largeur en position de la résonance de cavité (des arguments similaires sont
développés dans la référence [Cassabois 99]). Les variations de la longueur d’onde
de résonance avec la position x dépendent de I’angle de la cavité aqq,:

x O-/ccw

Aeav() = Aol + —mm8—
( ) 0( LBTagg + Lcav

) (2-6)

OU Lpragg, Leav €6 Ao sont respectivement la longueur de Bragg (qui correspond &
la longueur de pénétration dans les miroirs [Savona 99]) et la longueur d’onde de
la résonance a x = 0. Le rayon limite . itique est atteint quand le déplacement en
fréquence vaut la largeur en fréquence de la cavité 27v.4,:

cav L ra Lcav 1—R A\
Rcritique = i ( Bragg T ) ~ . (2_7)

Wo Aeau Qeaqy 27Tnc

o R = |rirs|, avec ry et ry les coefficients de réflexion en amplitude des miroirs de
Bragg. wy = 27/ Ao et n. l'indice de la cavité. La derniére expression est obtenue
en supposant que les coefficients de réflexion des miroirs de Bragg sont proches
de I'unité. Dans le cas de I’échantillon E1, R, itique = 23 pm.

A haute intensité, les spectres sont aussi modifiés par un effet de déplacement
des résonances directement lié la distribution non-uniforme en intensité. Le dépla-
cement vers le bleu a été introduit dans le paragraphe C.1 du chapitre 1. Lorsque
ces effets de renormalisation de 1’énergie ne sont plus négligeables - on se situe

2. Méme si elles ne sont pas verticales, cela ne change rien, pourvu que la distribution en
intensité soit de symétrie de révolution autour du centre de la tache.
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a des intensités inférieures aux intensités de seuil non linéaire - la raie d’absorp-
tion n’est plus verticale. Le déplacement vers le bleu n’est pas le méme au centre
de la tache, ol I'intensité est maximum, que dans les ailes. On perd la symétrie
de la figure de réflectivité suivant ’axe perpendiculaire a 1’axe des désaccords.
La convolution mentionnée ci-dessus ne peut plus se faire & une seule dimension.
Dans ce cas, I’énergie des résonances dépend non seulement de x mais aussi de y.
L’intensité limite au-dela de laquelle les raies sont déformées est atteinte lorsque
les déplacements en énergie, et donc en position, égalent la largeur en position de
la raie verticale a faible intensité. Le déplacement maximal est obtenu au centre
du spot, ot I'intensité locale est notée /°"*". L’intensité critique IS} s’exprime
donc en fonction de la largeur de la cavité:

AB(IEME ) = 2a, (2:5)
ou AFE(I) est le déplacement en énergie pour une intensité 7. Dans le cas de
I’échantillon E1, I5ire. ~ 20W/cm?. Cette condition impose des intensité faibles,
or il est nécessaire de mesurer les largeurs a des intensités plus élevées pour la dé-
termination des seuils de bistabilité et dans I’ajustement des mesures quantiques
(voir chapitre 3). Les effets de renormalisation ne peuvent donc pas étre simple-

ment éliminés.

B.3.3 Elargissement avec la puissance de pompe

On s’intéresse ici a la dépendance en intensité des largeurs a taille de tache
fixée. La figure 2.7 représente ’évolution de la largeur des polaritons avec I'inten-
sité d’excitation. L’augmentation des largeurs avec la puissance de pompe a pour
origine l'interaction entre excitons. Ces mesures semblent en désaccord avec les
prédictions de la référence [Ciuti 98|, qui prévoit un effet de seuil. Le désaccord

3. Une expression détaillée est développée dans annexe B.
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n’est pas surprenant sachant que nos spectres sont déformés par l'effet combiné
de la taille de tache, de la distribution non-uniforme en intensité et de 1’élargisse-
ment collisionnel. Il est en fait trés difficile d’isoler les différentes contributions des
sources d’élargissement dans nos mesures. Un ajustement des courbes nécessite un
calcul complet a deux dimensions.

Par la suite, les largeurs sont prises en compte de facon phénoménologique, avec
une taille de tache aussi faible que possible pour s’affranchir de ’élargissement, de
taille de tache. L’élargissement collisionnel sera pris en compte dans le modéle des
fluctuations quantiques au chapitre 3.
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Bistabilité et réduction de bruit quantique

La bistabilité optique est la possibilité d’avoir deux états méta-stables de I'in-
tensité émise par un systéme pour une méme valeur de I'intensité d’excitation. Elle
apparait pour un ensemble particulier de valeurs des paramétres du systéme et le
choix entre les deux états dépend de 'histoire du systéme. La bistabilité optique
est 'exemple le plus simple des instabilités optiques, obtenues en combinant des
fortes non-linéarités matérielles et une boucle optique de recyclage |Gibbs85|. La
possibilité de commuter entre deux états dans un systéme optique bistable permet
l'utilisation d’un tel systéme comme mémoire optique binaire [Haugh 98]. La bis-
tabilité dans les microcavités semi-conductrices en couplage fort a été prédite par
Tredicucci et al. [Tredicucci 96], & partir de la saturation de la force d’oscillateur
de l'exciton, observé a haute densité d’excitation [Houdré 95|. Elle a aussi été
observée en régime de couplage faible [Sfez 90]. Dans nos expériences, la densité
d’excitation est suffisamment faible pour s’affranchir d’effets non linéaires effectifs
a des densités plus élevées [Khitrova 99|, comme la saturation de la force d’oscil-
lateur de Iexciton [Houdré 95| ou les corrélations quantiques entre porteurs [Ell
00].

Nous reportons dans ce chapitre la premiére observation de bistabilité pola-
ritonique et de réduction de bruit de polaritons dans les microcavités en régime
de couplage fort [Karr 01, Karr 03a,Baas 03]. La bistabilité a pour origine I'in-
teraction effective polariton-polariton, donnant lieu & un mélange paramétrique
cohérent en phase & quatre ondes de polaritons dégénéré. Dans la configuration
dégénérée, le processus non linéaire est de type Kerr et permet de produire des
états comprimés du champ lumineux. En régime de couplage fort, les mélanges
non linéaires portent sur des ondes de nature mixte exciton-photon. La bistabi-
lité polaritonique permet de produire un nouveau type de compression de bruit,
qui porte sur un champ couplé rayonnement-matiére. La mise en évidence de la
modification des fluctuations du champ de polarisation se fait de fagon indirecte
par la mesure des propriétés de la lumiére émise. Ces propriétés ne sont pas direc-
tement mesurables, contrairement au cas des ondes de matiére obtenues a partir
des condensats d’atomes, qui sont directement manipulables et mesurables dans



56 Chapitre 3. Bistabilité et réduction de bruit quantique

. — Point haut
Déphasage linéaire

Intensité intra-cavité

Point bas

Longueur de cavité

des expériences d’optique atomique.

Un milieu Kerr est un milieu non linéaire d’ordre trois, caractérisé par son in-
dice: n = ng + nol. ng est 'indice linéaire et ny, I'indice non linéaire. L’interaction
avec le milieu Kerr peut étre augmentée en insérant le milieu non linéaire dans une
cavité optique résonante. On obtient alors de la bistabilité optique, qui peut s’ob-
server sur les variations de I'intensité du champ sortant en fonction de I'intensité
d’excitation, changée dans les deux sens. Il apparait alors un cycle d’hystéresis.
Dans le cas d’un milieu Kerr en cavité, la signature de la bistabilité optique peut
aussi se voir sur le champ sortant en changeant la longueur de la cavité [Lambrecht
95a]. Le principe de ce phénoméne est présenté sur la figure 3.1. L’indice linéaire
no est a l'origine d’un déphasage linéaire qui se traduit par une translation de
la résonance sans déformation. L’indice non linéaire ny/ est a 'origine d’un dé-
phasage non linéaire, responsable de la distorsion du pic. La courbe en pointillés
est instable; le systéme saute pour deux longueurs caractéristiques différentes, qui
définissent les points bas et haut de bistabilité.

La bistabilité est ainsi habituellement mise en évidence dans une expérience ot la
longueur de cavité est modulée. Dans notre expérience, la cavité est une micro-
cavité semi-conductrice & miroirs de Bragg, i.e. une structure monolithique, dont
la longueur ne peut étre modifiée. Cependant, les échantillons utilisés présentent
un petit angle entre les miroirs, qui permet d’ajuster la résonance de la cavité
sur celle de I'exciton, en fonction de la position du spot d’excitation. Le cycle
d’hystéresis est donc visible par une modulation effective de la longueur de cavité,
correspondant a un déplacement de I’échantillon par rapport au spot d’excitation.

De nombreux articles ont prédit la possibilité de générer des états non-classiques
dans les microcavités semi-conductrices (voir entre autres [Schwendimann 02, Tas-
sone 99| et [Messin 99, Giacobino 02]). Une des possibilités consiste a utiliser la
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non-linéarité de type Kerr pour produire des états comprimés. L’effet se comprend
aisément dans une représentation dans le repére de Fresnel, donnée sur la figure
3.2. On part initialement avec un champ cohérent, obtenu par un laser trés au-
dessus du seuil. Les fluctuations de ce champ sont représentées par un disque de
rayon minimal autorisé par les inégalités d’Heisenberg sur les quadratures d’un
champ électromagnétique. L’indice non linéaire est responsable d’un déphasage
fonction de l'intensité, i.e. le déphasage des fluctuations dépend de la quadrature.
Le passage au travers du milieu se décrit comme une transformation géométrique
du disque en ellipse avec conservation de I’aire d’incertitude. Certaines quadra-
tures ont des fluctuations amplifiées et d’autres comprimées en dessous de la limite
quantique standard.

Dans la plupart des expériences, la réduction de bruit par effet Kerr est obte-
nue dans des milieux passifs, ol ’excitation est loin des résonances du milieu et
donc 'effet est alors purement dispersif. La figure 3.2 correspond au cas passif, ot
les fluctuations quantiques ne sont modifiées que par I'effet non linéaire, et aucun
excés de bruit n’est considéré. La réduction de bruit attendue est totale au point
de transition de phase, qui correspond ici au point tournant de bistabilité [Lam-
brecht 95a]. Sur la quadrature conjuguée, le bruit diverge.

Lorsqu’on se rapproche d’une résonance, on doit tenir compte du bruit rajouté par
I’absorption et la réémission de lumiére par le milieu, qui augmente avec I'intensité
d’excitation, et vient contrer la réduction engendrée par 1’effet non linéaire. La ro-
tation du champ dans le repére de Fresnel s’accompagne alors d’une augmentation
de l'aire du disque. La puissance de pompe est donc ’objet d’un compromis entre
un effet non linéaire suffisamment efficace et un excés de bruit suffisamment faible
pour ne pas annihiler la réduction de bruit.

Enfin, on rappelle que dans un systéme en régime de couplage fort, le champ
intra-cavité est un champ mixte rayonnement-matiére. Le champ représenté dans
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le repére de Fresnel a la figure 3.2 est le champ de polariton. L’effet non linéaire
modifie les fluctuations quantiques du champ mixte exciton-photon et les fluctua-
tions réduites se mesurent sur la composante photonique de ce champ, qui sort de
la cavité.

L’amplification paramétrique dans la configuration dégénérée est étudiée dans
le cadre théorique présenté dans le chapitre d’introduction, ou il a été montré
qu’un traitement au second ordre de I'interaction polariton-polariton donne dans
ce cas un terme effectif d’interaction Kerr!. Des résultats préliminaires révélent
la bistabilité attendue, mais présentent des différences importantes qui imposent
une étude plus détaillée. Les effets transverses ainsi mis en évidence sont bien
compris qualitativement dans un modéle simple et jouent un réle déterminant
dans la production d’états comprimés du champ. On détermine en fin de chapitre
le taux de compression de bruit correspondant du champ de polariton, obtenu &
partir de la mesure de bruit quantique sur la lumiére émise.

Dans un premier temps, on calcule ’état stationnaire du systéme, ce qui per-
met de dériver les spectres de réflectivité et le seuil de bistabilité, ainsi que leur
dépendance avec le désaccord exciton-cavité. On calcule ensuite le spectre de bruit
de la lumiére émise par la microcavité dans un traitement semi-classique des fluc-
tuations, en tenant compte des sources de bruit dans le systéme.

B.1 Etude des champ moyens
B.1.1 Relations de passage

Pour obtenir I’équation d’évolution du mode p, on se sert des équations d’évo-
lution des modes a et b. On part des équations des modes a et b données au
chapitre 1 ((B.3.2) et (C.4)), que I'on compléte d’un terme de couplage linéaire et
pour 'exciton d’un terme d’interaction Kerr (se reporter au paragraphe 1-43 du
chapitre 1 pour les définitions):

da . . in in

P —(11 +i0q)a —igh + /271 AT + /27245 (3-1)
db Vi -

- = —(w+id)b—iga— Zho bbb + /27 B™ (3-2)

On considére a présent deux miroirs de couplage pour la cavité, notés 1 et 2. Le
miroir 1 est le miroir avant, par lequel est excitée la microcavité. On rappelle

1. La partie B de ce chapitre reproduit en grande partie des travaux présentés par Jean-
Philippe Karr dans sa thése [Karr 01].
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que la méthode qui consiste & obtenir ’équation des modes couplés & partir de
I’équation des modes découplés, suppose que le couplage exciton-photon n’a pas
d’influence sur les hypothéses de relaxation faites dans la base découplée. La rela-
tion de passage utilisée fait intervenir les modes complexes, ou la partie imaginaire
représente le taux de relaxation du mode [Cohen 88|:

0= )-0) 9

ou X et C sont maintenant définis de la maniére suivante:

1/2
(=i + (6 — i)+ O ]
X = ( 2/(6 — iy )2+ O ) (3-4)

0%
2/(6 — i )2+ 0% (5 — i+ O — i ng)

avec Y- = Yo — V-

1/2

B.1.2 Equation d’évolution

En utilisant la relation de passage (3-3), on obtient ’équation d’évolution du
mode p:

dp

pria (vp +10,) p — mpprp + 2fyppi" (3-6)

ou

A/ 2’Yppm == —CQ\/ 2’}/11411” — C()\/ 2’)/214;71 + X()\/ Q’Yme (3-7)

et 6, = ELp(0)/h — wy, le désaccord en fréquence entre la résonance polariton et
le laser. «y, est la largeur du polariton, qui s’exprime dans notre modéle simple
d’oscillateurs couplés comme:

Yo = C8Va + X5 (3-8)

ol 7, et 7, sont respectivement les largeurs de la cavité vide et de l’exciton.
La valeur obtenue est correcte dans le régime de faible densité d’excitation pour
un intervalle limité de désaccords autour du désaccord nul. A haute intensité
d’excitation, I’élargissement collisionnel doit étre pris en compte. Il sera introduit
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de facon phénoménologique dans la derniére partie de ce chapitre. v, et v, sont les
largeurs associées a la relaxation par les miroirs 1 et 2 de la cavité, et v1 +v2 = 7,.
On précisera plus bas les champs entrants sur la voie photonique A% et A", et
la voie excitonique B**. On peut noter dés a présent que l’excitation lumineuse
se fait a travers le miroir de couplage d’indice 1; donc seul ce champ a une valeur
moyenne non nulle. «;, est le coefficient effectif d’interaction non linéaire donné
par:

XoVo
PT g

(3-9)

Q

L’équation (3-6) sera le point de départ pour ’étude des interactions non linéaires.

B.1.3 Régime stationnaire

On réécrit cette equation pour les valeurs moyennes des champs et on cherche
sa solution en régime stationnaire:

Tat — (W +1i0p) <p > —iapn, <p>—Co/271 < A" >=0  (3-10)
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ol n, = | < p > |? est le nombre moyen de polaritons. La multiplication de cette
équation par I’équation conjuguée donne une équation similaire a celle d’un milieu
Kerr passif en cavité:

np(%% + (6, + apnp>2) = 2’7103[%” (3-11)

On obtient donc de la bistabilité, comme sur la figure 3.3 qui représente le nombre
moyen de polaritons en fonction de l’'intensité d’excitation. On montre que la
branche en pointillé est instable et que le systeme "saute" aux points tournants
de bistabilité, définis par % =0:

3azn? 4+ dapn, + 72+ 0. =0 (3-12)

Ce sont en ces points qu’ont lieu les phénoménes physiques intéressants.
La bistabilité apparait si le désaccord entre 1’énergie du laser et 1’énergie de la
branche basse de polariton satisfait la relation suivante:

Sy < —V3p, ie. wr > w, + V39, (3-13)
L’intensité correspondant au point tournant "bas" s’écrit:

Qp 002 94!

(62 + 392 = 60/ - 342) (3-14)

B.1.4 Seuil de bistabilité

L’intensité de seuil dépend du désaccord entre 1’énergie du laser et 1’énergie
de résonance. On peut choisir la fréquence d’excitation de facon a minimiser le
seuil. On montre que le seuil le plus bas est obtenu pour 9, égal a —\/§'yp. Il
est aussi intéressant d’étudier les variations du seuil en fonction du désaccord
exciton-cavité, i.e. en fonction de la nature du polariton excité, qui dépend du
point d’excitation sur I’échantillon. En remplacant les expressions de X, C,v, et
ay, (voir respectivement les relations (3-4), (3-5), (3-8) et (3-9)), le seuil minimum
de bistabilité s’écrit:

3
8 (52% +2(Ya + ) 9 + 5y 0° + 492)
L = (3-15)

4
(mgz (64 V@ T) am%)

Les variations du seuil en fonction du désaccord sont montrées figure 3.4. La
remontée du seuil lorsqu’on s’éloigne de la région du désaccord nul se comprend
aisément. La composante photonique du polariton donne le couplage du champ
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intra-cavité au champ extérieur alors que la composante excitonique donne I'in-
tensité de l'interaction non linéaire. La valeur du seuil de bistabilité est le résultat
d’un compromis entre un bon couplage avec I’extérieur et une forte non-linéarité.
La valeur minimum est atteinte pour:

50 _ 2’7a )

Vv 27&’%

Comme le couplage au champ extérieur est donné par la fraction photonique

CZ, alors que le coefficient non linéaire effectif est proportionnel au carré de la

fraction excitonique X, le seuil minimum remonte plus vite du coté des désac-

cords négatifs. En considérant aussi la différence entre les largeurs photoniques

et excitoniques, on comprend pourquoi le seuil minimum n’est pas atteint exacte-

ment au désaccord exciton-cavité nul, pour lequel le polariton est moitié photon,
moitié exciton.

(3-16)

B.1.5 Reéflectivité et transmission

On calcule les coefficients de réflectivité et de transmission en fonction de la
position du spot sur ’échantillon, & énergie du laser fixée. On rappelle que le ba-
layage de la position de I’échantillon est équivalent a un balayage de la longueur
de la cavité. Les coefficients de réflectivité et de transmission sont obtenus de
la fagon suivante. D’abord on calcule la valeur moyenne stationnaire du champ
de polariton, a partir de I’équation (3-10). Puis on calcule la valeur moyenne du
champ lumineux intra-cavité en utilisant la matrice de passage de la base des
modes couplés a la base des modes découplés (relation (A.3.2)). Dans cette ma-
trice, il intervient le mode polariton haut q. Comme I’excitation est résonante avec
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la branche basse et les largeurs petites devant la fréquence de Rabi, la population
dans le mode polariton haut (gfq) est négligeable. On peut écrire une équation
d’évolution comme pour le mode p (voir la relation (3-6)), dans laquelle les termes
non linéaires peuvent donc étre négligés:

dq

2= (Vg +104) ¢ + /274" (3-17)
ol vy, = C?y+ X?y, et 6, = Eyp —wy, (voir la relation (1-12) pour 'expression de
Eyp). La résolution de I’état stationnaire donne ¢ = «,qu:&q' L’énergie du polariton

haut est séparée de la fréquence du laser (résonante avec la branche basse) au
minimum de deux fois la fréquence de Rabi 2€2. Comme on est loin de la résonance
pour la branche haute, le mode q est négligeable; 1a branche haute n’intervient pas.
On a donc la relation simple a = —Cyp. Finalement, les spectres de réflectivité
et de transmission sont calculés en utilisant les relations entrée-sortie A =

2v;a — A pour i=1,2. Les coefficients R, T' et A sont simplement donnés par
vt [gut /I et 1-R-T tespectivement.

La figure 3.5 montre les variations de R avec le désaccord exciton-cavité pour
trois valeurs de I (proche de zéro, en dessous et au-dessus de I'intensité de seuil).
Pour la plus grande, le spectre de réflectivité présente le cycle caractéristique de
bistabilité. La puissance émise chute brutalement lorsque la position de I’échan-
tillon est modifiée. Le cycle d’hystéresis peut aussi se voir sur les spectres de
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transmission et d’absorption.

Notre modeéle théorique prévoit que l’'interaction exciton-exciton dans les micro-
cavités semi-conductrices donne lieu & un régime de bistabilité optique a des fré-
quences autour de la résonance de polariton. Un mécanisme alternatif pour obtenir
de la bistabilité optique & été proposé dans la référence |Tredicucci 96|, qui se base
sur la saturation de la séparation de Rabi. Contrairement & ce cas, nous obtenons
Ieffet présent lorsque le terme d’interaction exciton-exciton est plus petit que
le couplage de Rabi. On note aussi que cet effet différe de la bistabilité optique
qui a été démontrée dans les microcavités semi-conductrices en couplage faible a
température ambiante [Oudar 90, Pellat 93|, ou le mode propre est de type pho-
ton uniquement. On s’intéresse ici a de la bistabilité polaritonique en régime de
couplage fort a relativement faible densité d’excitation.

B.2 Etude des fluctuations
B.2.1 Introduction

Le cadre général pour le traitement des fluctuations est la méthode semi-
classique entrée-sortie introduite dans le premier chapitre. On calcule les fluctua-
tions du champ lumineux réfléchi par la microcavité, aprés avoir précisé les hypo-
théses sur les sources de bruit. On discute les prédictions de réduction de bruit,
et particuliérement la dépendance des résultats avec le désaccord exciton-cavité,
ainsi que le principe de la validation des hypothéses sur la relaxation excitonique.
Le modéle développé dans ce chapitre néglige tout effet lié¢ & la branche haute.
La relaxation est traitée dans la base des modes découplés et le mode ¢ est pris
égal a zéro. Elle a été également vérifiée en comparant les prédictions du modéle
avec celle d’un calcul complet ou la branche haute n’est pas négligée (le calcul se
fait dans la base exciton-photon). Les deux modéles donnent des résultats simi-
laires pour la position des pics de bruit. On constate certains écarts, notamment
une sur-(sous-) évaluation de I’excés de bruit a désaccord positif (négatif), sans
influence majeure sur les prédictions de réduction de bruit.

B.2.2 Fluctuations du champ sortant

On décompose les champs en champs moyens et fluctuations: p =< p > +dp.
On linéarise 1’équation (3-6) autour du point de fonctionnement, calculé dans la
section précédente, au premier ordre des fluctuations et on prend la transformée
de Fourier. On obtient des équations algébriques pour les composantes de Fourier
des fluctuations du champ intra-cavité:
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—iQ0p () = —i(y +1idy) op () — 2Ziayn,dp (2)

= Gy (VENOAT(Q) + V2120 45(2))
— ia,pyopt () + Xoy/27%0B™(Q) (3-18)
ol po est la valeur stationnaire du champ obtenue & partir de I’équation (3-10).
On obtient une équation similaire pour I'opérateur création dp'(€2). On passe en

représentation matricielle, définie au paragraphe B.3 de 'annexe A, dans laquelle
ces deux équations s’écrivent:

0p(Q)] = U~H(Q) |[F™(Q)] (3-19)
ou
_ | W i(dp + 20pn,) — i€ iap; )
u() = [ —ia,p}? Y — i (6p + 2am,) — i (3-20)
et

[Fr@)] = —Co (V2 [SAT(Q)] + V23 [045(@)] )
+Xov/27 |0B™(2)] (3-21)

Les fluctuations du champ intra cavité se déduisent simplement des fluctuations
du champ de polaritons en utilisant la relation:

0a(€2)] = —Co [6p(©)] (3-22)

On calcule alors simplement les fluctuations du champ réfléchi avec les relations
entrée-sortie:

A2 ()] = /231 [6a ()] — |54 (9)] (3-23)
Finalement, les équations (3-19), (3-22) et (3-23) nous permettent d’écrire les
fluctuations sortantes en fonction des fluctuations entrantes:

6A7(Q)] = (—I+2nCU) |6AT (Q)]
+1/ 4N CiU ™ |0AT ()] (3-24)
—/ A1 XoCoU ™ [0B™ (Q)]

Le spectre de bruit normalisé au bruit quantique standard pour une quadrature
Ey d'un champ a(t) est (voir la relation (B-33) de 'annexe A):
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Le spectre du bruit d’amplitude (ou bruit d’intensité) s’obtient en remplagant 6
par zéro dans cette expression. En utilisant les définitions données dans ’annexe A
(relations (B-29), (B-30) et (B-32)) et ’équation (3-25), la matrice de corrélation
du champ sortant peut s’exprimer en fonction des matrices de corrélation des
champs entrants:

Vﬁ?t(Q) = (—] + 2’}/103[]71) VX;‘(Q) (_[ + 2”}/1031]71)*71
+ AnpCo U VQU T (3-26)
+ Ao XUV (@)U

ou *7 signifie que I'on prend le conjugué hermitique de la matrice transposée.

B.2.3 Cas idéal

On doit & présent considérer le bruit entrant sur chacun des modes exciton
et photon. Le cas idéal correspond & I’hypothése d’un bruit minimal sur chacune
des voies. Comme le laser d’excitation est dans un état cohérent, le bruit rentrant
par la voie A; est effectivement le bruit du vide. Le bruit rentrant par la voie Ay
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est aussi celui du vide, puisque le miroir arriére n’est pas excité. La matrice de
corrélation pour les champs entrants par le miroir de couplage et par le miroir
arriére est donc celle d’un état cohérent:

Vi@ =VE@ = | ¢ ¢ (327

Par contre, la voie excitonique présente un excés de bruit dont on tiendra compte
dans le paragraphe suivant. On s’intéresse ici au cas idéal et on suppose donc que
la matrice de corrélation du champ excitonique entrant prend la forme donnée
dans la relation (3-27).

Dans ce cas, ’évolution du systéme correspond a la description effectuée dans le
repére de Fresnel dans I'introduction du chapitre. On note que cette représentation
dans le repére de Fresnel n’est valable que pour le bruit & fréquence nulle. Les
fluctuations du champ réflechi, données par l'inversion de la matrice U (voir la
relation (3-26)), divergent pour Det (U) = 0. Le déterminant de la matrice U
s’écrit:

Det (U) = 3an2 + daybyny, + 7, + 07 — Q% — 2y (3-28)

A fréquence nulle, on trouve:

Det (U) = 3azng + 4oy, 0,1, + 75 + 05 (3-29)

L’équation Det(U) = 0 correspond en fait exactement a I’équation (3-12) donnant
les points tournants de bistabilité. Les fluctuations divergent au point tournant
de bistabilité. Le modéle prévoit donc bien une divergence des fluctuations au
point de transition de phase. Cependant, la linéarisation au premier ordre n’est
plus valable et en toute rigueur les calculs de bruit sont valables partout, sauf au
voisinage du point critique.

La figure 3.6 représente les variations du bruit maximal, du bruit minimal et
de la réflectivité en fonction du désaccord exciton-cavité, pour une intensité juste
inférieure a l'intensité de seuil. Ces courbes correspondent expérimentalement &
une mesure a intensité et énergie du laser fixées en fonction de la position relative
de ’échantillon par rapport au spot d’excitation. Le bruit maximal subit une forte
amplification au point tournant de bistabilité. Sur la quadrature conjuguée, qui
donne le bruit minimal, on observe une réduction de bruit en dessous de la limite
quantique standard. La réduction de bruit est totale au point bas de bistabilité
pour le champ de polariton. Sur le champ lumineux, la réduction de bruit est
limitée par la composante photonique du polariton. On rappelle que le champ
photonique peut se voir comme le champ résultant du passage du champ polari-
ton & travers une lame partiellement réfléchissante de coefficient de transmission
en intensité C3 (voir le paragraphe C.5 du chapitre 1). Les fluctuations sont donc
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ramenées vers la limite quantique standard, d’autant plus que la composante pho-
tonique est faible. Pour le polariton de branche basse, la composante photonique
tend vers zéro pour les désaccords positifs. On traite au paragraphe suivant le
milieu comme un milieu actif; 'excés de bruit rajouté par I’excitation a résonance
vient encore diminuer la réduction de bruit attendue.

B.2.4 Hypothése d’un excés de bruit issu du couplage avec un
réservoir excitonique

On abandonne & présent I’hypothése d’un bruit du vide entrant sur la voie
excitonique. On considére un couplage linéaire du mode avec un réservoir de modes
excitoniques. Cette hypothése est discutée dans le chapitre d’introduction, au
paragraphe C.4 ou I'on donne un schéma du couplage (figure 1.8). Si n,. est le
nombre moyen d’excitons par mode dans le réservoir, la matrice de corrélation
pour le champ excitonique entrant s’écrit [Cohen 88|:

T+ neae 0 } (3-30)

=,

ne:pc
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Le réservoir excitonique est peuplé par différents processus de diffusion dans le
mode pompe. On fait I’hypothése que le nombre moyen d’excitons dans le réservoir
est proportionnel & la densité d’excitons dans le mode pompe:

Nexe = /Bnb = ﬁXgnp (3_31)

ou [ est un paramétre phénoménologique qui représente le rapport du nombre
moyen d’excitons par mode dans le réservoir sur le nombre moyen d’excitons dans
le mode k=0. Lorsque le réservoir est vide, la matrice (3-30) prend la méme forme
que (3-27): on a du bruit entrant égal au bruit du vide.

B.2.5 Excés de bruit issu du réservoir

La compression de bruit diminue avec (3, jusqu’a la situation ou le faisceau sor-
tant présente de I’excés de bruit sur toutes les quadratures. On peut montrer qu’il
existe une valeur critique du paramétre de bruit, qui correspond & I'annulation
compléte de la réduction de bruit quantique:

aexc

Be > (3-32)
Les fluctuations du champ sortant sont représentées sur la figure 3.7 en fonction
de I’énergie du laser, a intensité fixée. La courbe tracée pour (3. est une droite
horizontale, confondue avec la droite S = 1 du champ cohérent. Tant que la
valeur de (3 est inférieure a f3,, le champ reste comprimé. La mesure de [, (voir
plus bas le paragraphe B.2.8) donne une indication de la possibilité de compression
de bruit dans le systéme.

B.2.6 Traitement phénoménologique de 1’élargissement
collisionnel

L’élargissement collisionnel est considéré dans un traitement phénoménolo-
gique, de la maniére la plus simple possible dans une premiére approche. On a
présenté au paragraphe B.3.3 du chapitre 2 les mesures de la largeur en fonction
de l'intensité. Le valeur de 1’élargissement collisionnel de 1’exciton est déduite de
cette mesure. En notant n; le nombre moyen d’excitons, on a:

Yexe(meV) =75+ 1,8.10%n,, (3-33)

On recalcule 1’état stationnaire avec cette valeur de ... & partir de 1’équation
(3-10). Puis on recalcule le bruit avec le nouvel état stationnaire obtenu. L’effet
de D’élargissement collisionnel est représenté dans l’encart de la figure 3.7. La
réduction de bruit est diminuée de presque la moitié. On remarque aussi que la
réduction de bruit est maintenant limitée & une petite zone au voisinage du point
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tournant; au-dessus du seuil, elle se produit uniquement a co6té du point bas de
bistabilité.

B.2.7 Dépendance avec le désaccord

Jusqu’a présent, on s’est intéressé aux fluctuations quantiques du champ sor-
tant pour une résonance de polariton donnée, et & leurs variations en fonction de
I’énergie du laser (ou du désaccord, & énergie fixée). Pour bien exploiter la richesse
du systéme, on doit encore s’intéresser a la nature du polariton excité. Suivant
les composantes excitoniques et photoniques, les fluctuations de la lumiére sor-
tante ne seront pas modifiées de la méme facon. On regarde donc la dépendance
avec le désaccord exciton-cavité. Pour chaque désaccord, auquel correspond une
résonance de polariton, on fait I’étude précédente et on cherche la compression de
bruit maximale. L’exceés de bruit rajouté par 1’élargissement collisionnel n’a pas
été considéré ici.

Les résultats sont présentés sur la figure 3.8. De maniére & faciliter la discussion,
on redonne sur le méme graphique l'allure de la courbe de seuil de bistabilité,
déja présentée a la figure 3.4. Le taux de compression de bruit maximum s’obtient
aux désaccords négatifs, pour lesquels le polariton excité est de type photon. Cela
se comprend bien en considérant que le passage du champ polariton au champ
photon peut se schématiser comme le passage au travers d’une lame partiellement,
réfléchissante, dont le coefficient de transmission est égal au poids de la compo-
sante photonique du polariton (voir le paragraphe C.5 du chapitre d’introduction).
En revanche, les seuils non linéaires sont trés élevés. D’un point de vue expéri-
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mental, on remarque que 'excés de bruit augmente rapidement avec l'intensité.
De ce point de vue, le choix du désaccord est le résultat d’'un compromis entre
un bon couplage du champ intra-cavité avec le champ extérieur et une intensité
d’excitation, et donc un excés de bruit, aussi faible que possible.

B.2.8 Cas linéaire: test de I’hypothése sur le bruit excitonique
entrant

On donne le principe de la vérification de I’hypothése sur le bruit excitonique
entrant. On ne considére pas ici I’élargissement collisionnel. On se place dans le
régime de trés faibles excitations tel que les non-linéarités ne soient pas effectives.
On pose a.;. = 0 et on recalcule la matrice de corrélation du champ sortant dans
ces conditions:

ou 1+ Anege 0
VAl t<Q) = 0 Anezc (3-34)

Elle est exprimée en fonction du coefficient d’absorption de la microcavité:
4C2 X2
— 02—07;% (3_35)
0p %

On peut démontrer que le nombre moyen d’excitons n, a pour expression:

Al
27

Selon notre hypothése, le nombre moyen d’excitons par mode dans le réservoir est
donc donné par:

ny, = (3

Al
2

Finalement on obtient une expression simple pour le spectre de bruit normalisé

pour une quadrature Effgt du champ sortant:

Nege = ﬁnb = ﬁ

(3-36)

Ay
)

A faible intensité, le champ réfléchi présente un excés de bruit indépendant de
la quadrature et proportionnel au carré du coefficient d’absorption. On n’est pas
surpris de ne pas avoir de dépendance en # pour un processus indépendant de
la phase. Le bruit augmente linéairement avec l'intensité d’excitation, comme
le suppose I’hypothése sur la source de bruit. Cette hypothése peut se vérifier
expérimentalement en comparant I’excés de bruit au carré de 1’absorption. On
discutera alors du poids a donner au résultat de cette mesure.

SEi?ugt (Q — O) — ]_ + 2Anexc — 1 + (3—37)
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On se place dans les conditions d’excitation sur lesquelles sont basées les hypo-
théses du modéle: excitation a incidence normale par un laser monomode polarisé
circulairement. On met en évidence le régime de bistabilité sur les courbes de
réflectivité et de transmission, ainsi que le décalage vers le bleu des résonances.

C.1 Montage expérimental

On excite I’échantillon avec un laser monomode, stabilisé en intensité, de profil
gaussien et de polarisation circulaire (voir la description de la partie commune &
tous les montages expérimentaux au paragraphe A.5 du chapitre 2). La lumiére
émise est distinguée du laser incident grace au circulateur optique. L’échantillon
est positionné dans le col du faisceau. La position de I’échantillon est controlée
au centiéeme de millimétre par la platine de translation sur laquelle est monté le
cryostat.
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C.2 Courbes de réflectivité et de transmission

Deux photodiodes permettent de mesurer les intensités des champs réfléchi

et transmis. L’intensité incidente est mesurée avec la photodiode de transmission
(I’échantillon est décalé pour ne pas couper le faisceau), en tenant compte des
pertes a travers les fenétres du cryostat. Chaque spectre est obtenu & énergie du
laser fixée et intensité fixée, en déplacant ’échantillon relativement au spot d’ex-
citation, ce qui équivaut a un balayage de la longueur de cavité. La qualité des
mesures est limitée par les défauts éventuels sur la surface de I’échantillon. Sur
la figure 3.10 sont représentés une série de spectres de réflectivité et de trans-
mission en intensité (en unités arbitraires), pris simultanément. A faible intensité
les spectres sont symétriques. Ils se déformentlorque 'intensité augmente et pré-
sentent au-dessus du seuil non linéaire le flanc raide typique de la bistabilité, en
une position qui correspond au point tournant.
On observe un déplacement du minimum de réflectivité, ou du maximum de trans-
mission, avec 'intensité vers les désaccords négatifs, correspondant & un décalage
vers le bleu. Le décalage est prédit par le modéle a partir du hamiltonien effec-
tif de la relation (1-43) du chapitre 1, dont le troisiéme terme correspond & une
renormalisation des énergies. 1l a été systématiquement retranché des spectres de
la figure 3.10, qui atteignent tous leur extremum a la méme position. Le décalage
des minima de réflectivité est présenté figure 3.11. Il est linéaire avec I'intensité.

Au-dessus de l'intensité de seuil, on peut observer un cycle d’hystéresis en
déplacant I’échantillon sur la résonance dans les deux sens de parcours. Dans le
cas de la figure 3.10, I . = 0.84 mW. Pour une intensité suffisamment au-dessus
de l'intensité de seuil, le cycle d’hystéresis est clairement visible et on observe
un flanc raide sur les spectres de réflectivité et de transmission & deux positions
différentes, suivant le sens de déplacement de I’échantillon (voir figure 3.12).

La figure 3.12 montre aussi un spectre typique de bruit d’intensité. La mesure
est prise simultanément avec les spectres de réflectivité, a intensité et énergie du
laser fixées, en balayant la position du spot d’excitation sur la surface. On peut
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noter que la forme de la courbe de bruit est similaire a celle prévue par le modéle
(voir la figure 3.6). Une discussion détaillée du montage expérimental est donnée
plus bas au paragraphe E.1.1.

C.3 Comparaison quantitative avec le modéle: effet 2D

Bien que le décalage corresponde aux prédictions théoriques, la forme du creux
de réflectivité présente des différences significatives avec le spectre obtenu par
notre modéle simple. En particulier, la région bistable apparait dans le flanc droit
du spectre, alors qu’elle devrait étre localisée prés du minimum de réflectivité.
Ce désaccord provient d’effets spatiaux, i.e. du fait que I'on excite la microcavité
avec un spot de taille finie, de distribution gaussienne en intensité. Comme on
I’a mentionné plus haut, la résonance de polariton subit un décalage vers le bleu
dépendant de l'intensité, ce qui signifie que 1’énergie du polariton dépend de la
position dans la zone d’excitation. Les mesures présentées correspondent a un
moyennage des spectres de réflectivité et de transmission sur la surface du spot.
Finalement, ces premiéres mesures illustrent la nécessité de prendre en compte les
effets dans le plan transverse.

On présente en premier lieu les résultats expérimentaux avant d’exposer un
modeéle qui rend bien compte qualitativement des images observées.

D.1 Images en champ proche

Le montage expérimental est modifié de maniére & pouvoir observer et enregis-
trer les images en champ proche du spot d’excitation sur I’échantillon en réflexion,
représentées sur la figure 3.13. A suffisamment faible intensité, 'image en champ
proche présente une raie verticale sombre qui correspond a la résonance du pola-
riton. La variation de ’absorption avec la position est due au petit angle entre les
miroirs. La raie verticale matérialise la ligne d’égale épaisseur de la microcavité.
A plus haute intensité, méme en dessous de l'intensité de seuil, on observe une
grande déformation de la raie verticale d’absorption, comme le montre la figure
3.13. Lorsqu’on balaye la position de ’échantillon autour de la position de réso-
nance, on évolue d’'une forme en croissant & une forme en "point", en passant par
une forme en anneau.
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D.2 Etude théorique
D.2.1 Principe du calcul

Pour comprendre ces résultats, on calcule la réflectivité dans le plan transverse,
en tenant compte de la distribution gaussienne en intensité du spot d’excitation et
du petit angle de la cavité. Le spot d’excitation est discrétisé en petits spots avec
des densités locales d’excitation différentes. I’angle de cavité est choisi constant
a I’échelle de la taille du spot. Les pixels sont supposés indépendants les uns
des autres. Pour chaque petit spot on calcule la réflectivité, de la méme maniére
qu’elle I’a été dans la section théorique au début de ce chapitre (voir le paragraphe
B.1.5)). Ce traitement est le plus simple possible. Il ne considére ni la structure en
modes transverses de la microcavité, puisqu’il est basé sur I’approximation d’onde
plane, ni les effets de diffraction. Cependant il donne une bonne compréhension
qualitative de la forme de la zone d’absorption.

D.2.2 Résultats

La distribution non-uniforme en intensité du spot d’excitation et ’angle de la
cavité sont les deux effets responsables du déplacement en énergie de la résonance.
Une zone de résonance est obtenue lorsque ces deux déplacements se compensent
exactement, ce qui est illustré sur les figures a) et b) de la figure 3.14 pour deux
positions différentes du spot d’excitation sur 1’échantillon. Sur cette figure, la
distribution en intensité est celle mesurée. En effet, on rappelle que notre dispositif
expérimental nous permet de mesurer directement la distribution en intensité en
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déplagant horizontalement (suivant z) a I’aide d’un moteur le bord vertical de
I’échantillon a travers le spot dans le plan de focalisation et en mesurant l'intensité
transmise (voir le paragraphe A.4 du chapitre 2 et la figure 2.3). En réalisant
un ajustement par l'intégrale d’une gaussienne, on a montré que la distribution
correspond bien & une gaussienne. Le déplacement non linéaire en énergie -le
déplacement vers le bleu- étant proportionnel & l’intensité, il a également une
distribution gaussienne:

:v2+y2

Al?NL(xa y) X [pompe(wa y) xe R (3_38)

R correspond au rayon de la tache, déterminé par la mesure décrite au paragraphe
A.4 du chapitre 2. Le déplacement linéaire en énergie est donné par la pente du
polariton p;p (voir la relation (2-5)), supposée constante a I’échelle de la taille du
spot d’excitation. On choisit la valeur au centre du spot, noté z..,:., obtenue a
partir de la mesures de la pente de cavité et de la pente de I'exciton mises dans
la relation (2-5). Le déplacement linéaire AE}, est donc proportionnel a x:

AEL(x) = pLP(xcentre)(x - xcentre) (3-39)

La compensation exacte entre les déplacements linéaire et non linéaire (AEL +
AEyNp = 0) est donc simplement donnée par 'intersection entre une gaussienne
et un plan incliné (voir les images a) et b) de la figure 3.14). On peut définir une
énergie effective d’excitation, qui correspond & Ep ..., — AENL. Le décalage vers
le bleu des résonances est traité comme un décalage effectif vers le rouge du laser
d’excitation. Les positions de résonances sont donc déterminées par 1’équation:

Eroser — AnpE(2,y)) = Epp(x) + AEL(x) (3-40)

Suivant la position du spot d’excitation sur ’échantillon, I'intersection peut prendre
des formes trés différentes. En particulier, il apparait une résonance supplémen-
taire en plus de la résonance non décalée, qui elle prend toujours la forme d’une
raie verticale. Le déplacement non linéaire, qui dépend de y, est a l'origine de
la perte d’invariance suivant y. Mais la zone d’absorption reste symétrique par
rapport a la droite y = 0.

Sur I'image c), obtenue pour la position x=245 um, la raie d’absorption prend la
forme d’un croissant autour de la position du spot, mais il reste une raie verti-
cale (non représentée) a des distances supérieures 4 100 pum du centre du spot,
ou l'intensité d’excitation est quasi-nulle et donc les déplacements complétement
négligeables. La taille de la zone de résonance est réduite par les déplacements en
énergie. Pour la position x=180 pum, deux zones séparées spatialement sont réso-
nantes sur I’échantillon, correspondant aux deux zones d’intersection distinctes de
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la figure b). Une des deux régions prend la forme d’un anneau, a I'intérieur duquel
se trouve nécessairement le centre du spot. La aussi la largeur de la résonance est
réduite. L’autre région de résonance correspond a la résonance non décalée, ou
I’intensité est suffisamment faible pour que le déplacement non linéaire soit négli-
geable.

Enfin on calcule les images en champ proche correspondantes (images e) et f)),
par convolution de la réflectivité avec la distribution en intensité. On obtient des
régions de résonances de la forme d’un croissant et d’'un anneau, qui peuvent étre
comparées a la deuxiéme et la troisiéme image de la figure 3.13. On note que la raie
verticale d’absorption, qui correspond & la résonance non décalée, n’est pas visible
sur la figure f), car l'intensité a cet endroit est trop faible. L’accord qualitatif entre
les images calculées et les images mesurées est bon. En continuant a déplacer le
spot sur ’échantillon, I’anneau se ferme sur lui-méme jusqu’a apparaitre comme
un point, et disparait.

De facon plus générale, on note que la variété des effets spatiaux qui se pro-
duisent sur cet échantillon provient du fait que les déplacements linéaire et non
linéaire sont du méme ordre. Si la pente de la cavité était beaucoup plus grande,
le role du déplacement non linéaire serait négligeable et les zones d’absorption
seraient des droites. A I'inverse, si la cavité était de géométrie parfaitement plan-
plan, les zones d’absorption prendraient la forme d’anneaux centrés dans le spot
d’excitation.

D.2.3 Aspects transverses de la bistabilité

Le saut du signal en régime bistable, correspondant au flanc raide sur les
spectres de réflectivité et de transmission, apparait ici comme le passage d’une
zone d’absorption (en apparence en forme de "point") a une réflexion quasi-totale.
Comme on vient de I'expliquer, elle apparaitrait difféeremment si la pente de la
cavité était beaucoup plus importante ou proche de zéro. Expérimentalement,
la résolution n’est pas suffisante pour mettre en évidence une différence sur les
images en champ proche (ou en champ lointain D.2.4) suivant le sens de parcours
sur I’échantillon. Le cycle d’hystéresis n’est pas visible dans les images. Il apparait
par contre trés clairement sur ’intensité moyenne réfléchie.

D.2.4 Taille limite de la zone d’absorption: image en champ
lointain

La figure en champ proche indique que la zone d’absorption obtenue juste
avant le point tournant apparait comme une petite tache (a peu prés circulaire).
Cette zone limite d’absorption correspond au premier contact entre le plan incliné
et le flanc droit de la gaussienne (voir les images a) et b) de la figure 3.14). On
peut se demander ce qui détermine les dimensions de la zone limite d’absorption.
En fait, les dimensions suivant x et y n’ont aucune raison a priori d’étre égales, et
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donc la zone limite d’absorption n’est pas forcément une tache circulaire. Sur une
ligne verticale -suivant y-, le désaccord exciton-cavité est par définition constant.
Le seul paramétre qui varie est l'intensité. La taille de la zone de résonance est
déterminée uniquement par la distribution en intensité. Suivant x, la position et
la dimension de la résonance sont contraintes a la fois par 'angle de la cavité et
par les variations locales d’intensité?.

Cette zone limite d’absorption peut aussi se voir en champ lointain. Pour cela,
on construit un faisceau paralléle & partir de I'image en champ proche du spot.
La figure 3.15 montre le champ lointain obtenu pour une position de ’échantillon
correspondant au point tournant (le point haut). On observe la tache circulaire
du laser réfléchi non résonant et une émission en forme d’anneau. Cet anneau en
champ lointain correspond & 1’émission non linéaire de la microcavité a la position
limite. Il indique trés clairement que la zone limite d’absorption est un anneau et
non un "point" (la transformée de Fourier d’'un anneau est un anneau). Comme
la zone limite en champ proche est décalée par rapport au centre, 'anneau est
légérement décentré par rapport a la tache du laser réfléchi. [’image en champ
lointain permet de distinguer nettement la lumiére émise par la microcavité du
laser réfléchi, alors qu’en champ proche, la lumiére provenant de la zone d’émission
est beaucoup moins intense que le laser non résonant et la zone d’émission apparait

2. Une discussion détaillée des dimensions de la zone de résonance est présentée dans le dernier
chapitre.
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donc comme une zone sombre.

L’image de la zone d’émission sur la surface de l’échantillon peut s’obtenir en
filtrant spatialement le laser réfléchi en champ lointain, avant de construire une
image en champ proche. On obtient une zone d’émission plus petite que la taille
du spot d’excitation. On vérifie bien que la zone d’émission est légérement décalée
par rapport au centre du spot, comme l’est la zone d’absorption sur la figure 3.13.

D.2.5 Détermination numérique de la taille limite de la zone
d’absorption: limitations du modéle

Comme le modéle suppose des pixels indépendants, chaque pixel & priori son
propre point de bistabilité et deux pixels différents n’ont pas de raison de "sauter"
ensemble. Ainsi, la taille de la "zone bistable" va dépendre du pas de discrétisation
choisi, ce que I’on vérifie sur la figure 3.16. En conclusion, le modéle ne permet pas
de prédire la taille limite de la zone d’absorption, parce qu’il ne tient pas compte
de la cohérence spatiale, i.e. des corrélations entre pixels.

D.3 Etude expérimentale

D.3.1 Spectres de réflectivité

Le modéle développé ci-dessus ne permet donc pas de rendre compte des phé-
noménes observés au voisinage du point de bistabilité. Il est nécessaire de prendre
en compte les corrélations spatiales, ou bien de trouver un moyen d’éliminer les
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effets transverses dans la mesure. Cela est possible en filtrant la lumiére réflé-
chie au travers d’une petite ouverture, & ’échelle de laquelle I'intensité du spot
d’excitation peut étre considérée constante. La taille du filtre limite le rapport
signal sur bruit de la mesure, car 'intensité du faisceau mesuré baisse quand on
diminue la taille du filtre. La taille du filtre choisie correspond aux dimensions de
la zone limite d’absorption (de 10 pm sur la surface du spot), en tenant compte
bien évidement du grandissement de 'image en champ proche. Une autre solution
consiste a exciter ’échantillon avec un spot de distribution uniforme en intensité
et suffisamment petit pour négliger les effets liés a I'angle de la cavité. La solution
retenue est bien plus simple & mettre en oeuvre et offre des résultats concluants.

Les spectres de réflectivité obtenus aprés filtrage spatial sont représentés figure
3.17. Pour une intensité au-dessus de l'intensité de seuil, le flanc raide de bistabilité
apparait sur le spectre de réflectivité au minimum de réflectivité, comme le prévoit
le modéle. Comme précédemment, le minimum du spectre de réflectivité se déplace
linéairement avec l'intensité et ce déplacement a été retranché sur les spectres de
la figure 3.17 a gauche. Le balayage de la position du spot d’excitation dans les
deux sens de parcours met en évidence le cycle d’hystéresis. Un accord quantitatif
donnant la forme de raie ne peut pas étre obtenu dans le cadre de ce modéle pour
deux raisons. D’une part, le choix d'une spectroscopie en déplacant 1’échantillon
rend les mesures sensibles aux inhomogénéités de surface et d’épaisseur des puits
quantiques. D’autre part, la forme de raie de I’exciton n’est pas prise en compte;
on ne la caractérise que par sa largeur, en la supposant lorentzienne.
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D.3.2 Seuil de bistabilité

Le seuil de bistabilité peut étre déterminé avec une trés bonne précision en
observant le clignotement entre les deux états stables, di aux fluctuations d’in-
tensité ou aux vibrations mécaniques des éléments optiques du montage. La figure
3.18 montre un exemple d’un tel signal. Les variations du seuil de bistabilité avec
le désaccord exciton-cavité sont représentées sur la figure 3.19. On n’utilise pas ici
de filtre spatial.

Dans un modéle qui repose sur I’hypothése de pixels indépendants, un calcul pré-
cis du seuil de bistabilité n’est pas possible puisque le modéle prévoit que chaque
pixel du spot d’excitation a son propre seuil de bistabilité. Cependant, nous pou-
vons faire une estimation grossiére en supposant que la bistabilité apparait deés
que la densité d’excitation locale au centre du spot dépasse le seuil de bistabilité
calculé & partir de la relation (3-15). En conséquence, on divise le seuil (3-15) par
le rapport de la densité locale au centre du spot sur la densité moyenne d’excita-
tion, que 1’on trouve égal & /2 pour une distribution gaussienne.

La valeur du coefficient non linéaire est calculée en utilisant I’expression(3-9) et la
mesure du diamétre du spot d’excitation dgp,s — 38 4 pm. La largeur du polari-
ton 1, est estimée a partir de la mesure de réflectivité a 0 = 1.5 meV, qui doit étre
prise au seuil sachant que la largeur augmente avec la densité d’excitation a cause
de I’élargissement collisionnel. Pour simplifier, nous avons négligé les variations de
7, avec le désaccord exciton-cavité (inférieures & 10% sur l'intervalle considéré).
Le trait épais de la figure 3.19 est le résultat du modéle. Elle est compatible
avec la courbe expérimentale, compte tenu des incertitudes sur les paramétres du
modeéle. A titre d’illustration, les barres d’erreur ont été rajoutées pour le point
de la courbe théorique & 6 = 1.5 meV correspondant aux incertitudes dans les



E Réduction des fluctuations du champ sortant 85

1,60 7

1,40 | 1

Seuil (mW)

0,3 0,8 1,3 1,8 2,3

Désaccord (meV)

dspot H Tp

mesures des parameétres du fit a.,. et 7,.

La forme générale de la courbe correspond au comportement attendu, sauf lorsque
le désaccord tend vers zéro ou 'intensité de seuil remonte trés rapidement; elle est
supérieure a 25 mW pour 0=0.3 meV. Un modéle plus élaboré prenant en compte
la structure des modes transverses de la microcavité et la diffraction est sans doute
nécessaire pour comprendre cet effet. Le seuil minimal de bistabilité est obtenu
a un désaccord légérement positif, proche de la valeur théorique donnée par la
relation (3-16).

Les expériences précédentes ont permis de caractériser le régime de bistabi-
lité. On s’intéresse a présent aux modifications des fluctuations quantiques dans
le processus non linéaire. L’étude des fluctuations va nous permettre de mettre en
évidence la cohérence du processus d’amplification. La compréhension des effets
spatiaux nous offrira la clé pour observer de la compression de bruit. Les résul-
tats obtenus sont comparés avec le modéle, qui permet finalement d’estimer la
réduction de bruit sur le champ intra-cavité de polaritons.
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E.1 Premiers résultats

E.1.1 Montage expérimental

On excite I’échantillon & I’incidence normale avec une polarisation circulaire
o™, a résonance avec la branche basse de polariton. Comme précédemment, 1'uti-
lisation combinée d’un cube polariseur et d’une lame quart d’onde permet de dis-
tinguer la lumiére réfléchie du laser d’excitation (voir la figure 3.20). Le faisceau
qui arrive sur l'autre voie du circulateur optique est maintenant utilisé comme
oscillateur local, i.e. comme un faisceau de référence a la fréquence du laser d’ex-
citation que 'on fait battre (interférer) avec la lumiére réfléchie. Le systéme de
détection est représenté sur la figure 3.21. Le principe de la mesure est présenté
dans 'annexe A. Utilisé sans oscillateur local, le montage, appelé détection équi-
librée, permet de mesurer le bruit d’intensité. Avec un oscillateur local, il permet
de mesurer le bruit sur n’importe quelle quadrature du champ. Le recouvrement
entre les deux faisceaux se régle au niveau du miroir de I'oscillateur local, monté
sur une cale piézoélectrique qui permet de faire varier la longueur du chemin op-
tique du bras de l'oscillateur par rapport & celle du bras de la microcavité. Sur
la voie de sortie du circulateur optique, 1'oscillateur local et la lumiére réfléchie
ont des polarisations linéaires croisées; ils n’interférent pas. Le mélange des deux
champs s’obtient avec la lame demi-onde, réglée de maniére & séparer en deux
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parties égales chacun des champs sur les deux photodiodes.

E.1.2 Fréquence d’analyse et largeur de raie

Le systéme de détection permet de mesurer les fluctuations du signal, ampli-
fiées par le battement avec I'oscillateur local, dans un certain domaine de fréquence
que ’on va préciser.

Ce domaine est limité vers les basses fréquences par le bruit technique -en dessous
de 1 MHz- et vers les hautes fréquences par la rapidité de 1’électronique de détec-
tion, inférieure a quelques dizaines de MHz. 1l est aussi limité a basse fréquence
par la largeur spectrale du laser, qui est de 1 MHz. En effet, le méme laser étant
utilisé pour I'excitation et comme oscillateur local, si la fréquence d’analyse est
inférieure a la largeur du laser, on mesurera un signal d’interférence du laser avec
lui-méme. On peut donc choisir & ’analyseur de spectre une fréquence d’analyse
entre 2 MHz et 20 MHz. Dans notre cas, on s’attend & une modification des fluc-
tuations a fréquence nulle, i.e. la fréquence d’analyse doit étre choisie aussi proche
que possible de zéro.

Toutes les mesures de bruit présentées sont effectuées & 7 MHz, soit & une fré-
quence supérieure a celle du bruit technique et a la largeur du laser. Or comme
une fréquence de 7 MHz, qui correspond & une énergie de ’ordre de 30 neV, est
beaucoup plus petite que la largeur des résonances du systéme, on peut trés juste-
ment considérer que les fluctuations sont mesurées a fréquence nulle (voir la figure
3.22).

Dans une mesure de bruit d’intensité, on regarde les fluctuations de 'amplitude
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du champ, le signal est envoyé directement sur une paire de photodiodes, sans
étre mélangé a l'oscillateur local. C’est alors le faisceau réfléchi qui joue le role
d’oscillateur local. La différence de phase entre le signal détecté et 'oscillateur
local est nulle, puisque la lumiére émise et le laser réfléchi suivent exactement le
méme chemin. On note que l'on détecte ainsi une lumiére émise dans la méme
direction que le laser réfléchi, a une fréquence trés proche (7 MHz de différence),
ce qui serait trés difficile par une mesure optique directe.

E.1.3 Bruit et luminescence quasi-résonante

On discute ici de I’équivalence entre le bruit d’intensité et la luminescence
[Messin 02]. Une étude détaillée de la réponse optique d’une microcavité montre
qu’en plus du champ réfléchi, de la photoluminescence quasi-résonante est émise,
dans des directions trés proches de celles du signal réfléchi et & des énergies trés
proches du laser [Stanley 97]. Le signal de bruit d’intensité correspond a de la
luminescence quasi-résonante, émise a une fréquence trés proche de la fréquence
d’excitation; ce que ’on peut voir aussi en remarquant que le battement entre le
laser a la fréquence w;, et la lumiére incohérente a la fréquence w;, + €2 donne lieu
a un signal de bruit a la fréquence  (voir la figure 3.22). On peut montrer que
ce signal de bruit est simplement proportionnel & Ipr(wy + Q) + Ip(wr — §2), ou
Ipy, est I'intensité de photoluminescence [Messin 01].

E.1.4 Dépendance en phase

On présente a la figure 3.24 une série de mesures de détection homodyne
pour une excitation résonante, a différentes intensités d’excitation, ou la position
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de D’échantillon est fixée (choisie pour avoir une intensité d’émission maximale).
Chaque courbe est obtenue en modulant la cale piézoélectrique sur laquelle est
montée le miroir du bras de 'oscillateur local. A basse intensité, toutes les quadra-
tures de la lumiére émise sont équivalentes. L’effet non linéaire n’est pas efficace,
la polarisation subit un déphasage linéaire, accompagné d’un excés de bruit indé-
pendant de la phase, donc équivalent sur toutes les quadratures. Ce bruit provient
de la photoluminescence quasi-résonante. Dans le repére de Fresnel, ’aire d’incer-
titude reste un disque dont le diamétre augmente linéairement avec la puissance
de pompe.

En augmentant la puissance de pompe, on observe une oscillation du signal
de détection homodyne en fonction de la phase de I'oscillateur local®. Une me-
sure typique est présentée sur la figure 3.23, & un désaccord exciton-cavité nul,
a une intensité au-dessus de l'intensité de seuil. Ce signal démontre clairement
la dépendance en phase des fluctuations du champ de polariton, comme on s’y
attend dans une amplification paramétrique dégénérée [Yariv 89|. L’interaction
entre polaritons dans le mode k, a ’origine de ’amplification observée, est donc
cohérente, comme le prévoit le modéle de mélange & quatre ondes présenté.

3. L’axe des abscisses correspond en fait & ’axe des temps. L’échelle en phase n’est pas
strictement linéaire car le mouvement de la cale piézoélectrique n’est pas uniforme. Pour avoir
une échelle en abscisse linéaire sur la figure 3.23, il aurait fallu enregistrer les variations de la
phase de oscillateur avec le temps [Josse 03].
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Cette mesure écarte donc ’explication de 1’émission non linéaire & partir d’une
amplification non-sensible & la phase comme pour un amplificateur de type laser
( [Mu 92| et chap. 21 de [Scully 97]). En particulier, elle écarte ’explication par
des effets stimulés faisant intervenir les phonons, comme ’effet "boser" [Imamoglu
96a,Imamoglu 96b|. En considérant le polariton comme un quasi-boson, Imamoglu
et ses collaborateurs envisageaient dans leur article une expérience de pompage
non résonant a grands angles, dans laquelle la stimulation de la relaxation par
les phonons vers I’état du bas de la courbe de dispersion serait rendue possible
lorsque le facteur d’occupation dans cet état dépasse I'unité. Il s’agit donc d’une
amplification de la lumiére assurée par un processus de gain incohérent. Mais sous
excitation non résonante, on doit aussi considérer un effet de "goulot d’étrangle-
ment", étudié par Tasonne et al. [Tassone 96, Tassone 97, Tassone 99|, qui appa-
rait dans la relaxation des polaritons et qui constitue une forte limitation pour le
facteur d’occupation de I’état émetteur. Il a été observé sous excitation non réso-
nante dans les semi-conducteurs I1I-V |[Tartakovskii 99, Senellart 00] et dans les
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semi-conducteurs II-VI [Miiller 00]. Cet effet dépend fortement de la température
du systéme [Savvidis 02, Porras 02]. L'effet "boser" a donné lieu & une certaine
polémique, aujourd’hui terminée, dont on pourra trouver un compte-rendu histo-
rique dans la référence [Senellart 01]. On note que trés récemment, 1'utilisation
de semi-conducteurs II-VI a permis de réduire considérablement I’effet de goulot
d’étranglement et laisse de grands espoirs pour une réalisation a court terme d’un
laser & polaritons [Andre 03].

Depuis cette mesure de la dépendance en phase publiée dans la référence [Mes-
sin 01], d’autres mesures directes de la dépendance en phase de I’émission non
linéaire ont été publiées [Kundermann 03|. Dans cette référence, ’amplification
paramétrique de polaritons est étudiée dans la configuration non dégénérée du
mélange a quatre ondes, ou l'excitation se fait a I’angle magique. Les auteurs
mettent en évidence la cohérence du mode k = 0 vis & vis du mode de la pompe,
dans une expérience de controle cohérent avec des impulsions dont I'intensité est
plus de deux ordres de grandeur en dessous de l'intensité de I’émission ampli-
fiee [Saba 02].

La figure 3.24 montre les minima et les maxima des oscillations, telles que

celles de la figure 3.23, en fonction de la puissance de pompe. L’amplitude de
Poscillation croit rapidement avec le champ pompe lorsqu’on s’approche du seuil
d’oscillation. La position de I’échantillon est modifiée pour chaque point de me-
sure, pour suivre le déplacement des résonances avec l'intensité d’excitation. Les
maxima d’oscillation ont une croissance quasi exponentielle, alors que les minima
tendent vers la limite quantique standard, avant de remonter pour des intensités
supérieures typiquement a deux fois I'intensité de seuil (la fenétre en intensité de
la figure 3.24 n’est pas assez grande pour voir la remontée).
A faible intensité, c.a.d. lorsque les effets non linéaires n’interviennent pas, on
observe un excés de bruit, qui augmente proportionnellement avec la puissance de
pompe, correspondant au bruit thermique. La ligne en pointillé montre une extra-
polation du bruit thermique aux puissances de pompe ou les effets non linéaires
ne sont plus négligeables, & partir des premiers points de mesure. On observe ainsi
une dé-amplification en dessous du niveau thermique. Comme le minimum de ’os-
cillation atteint la limite quantique standard, I'incertitude sur la pente de bruit
thermique ne met en aucun cas en doute ce résultat.

E.1.5 Discussions

Cette mesure de détection homodyne constitue une preuve directe de la co-
hérence du processus d’amplification, par la mise en évidence de la dépendance
en phase. Elle met aussi en évidence une trés forte amplification d’'une des qua-
dratures du champ et une dé-amplification en dessous du bruit thermique. Elle
valide le modéle d’amplification paramétrique, i.e. une amplification dépendante
de la phase. Du point de vue de I'optique quantique, une grande attention a été
portée a la quadrature minimale dans ’espoir d’obtenir une réduction de bruit
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en dessous de la limite quantique standard. Les valeurs minimales des fluctua-
tions du champ sortant sont obtenues expérimentalement suivant la procédure
suivante. On se place au voisinage du point tournant de bistabilité, juste avant le
saut. L’énergie du laser est fixée, l'intensité est fixée, et on ajuste la position de
I’échantillon. Cette procédure est analogue a celle de I’expérience de compression
de bruit dans un gaz d’atomes froids en cavité [Lambrecht 95b], ot on ajuste di-
rectement la longueur de la cavité Fabry-Pérot résonante. Mais contrairement a
cette expérience, ces mesures n’ont pas permis d’atteindre le domaine quantique.
Il est nécessaire pour cela de regarder précisément quel est le champ envoyé dans
le systéeme de détection homodyne.

L’image en champ proche au point bas de bistabilité montre une zone d’absorption
apparaissant comme un "point" (voir D.2.4), petit par rapport a la taille du spot
d’excitation. On envoie dans la détection homodyne I’émission non linéaire issue
de la zone d’absorption, dont les fluctuations sont supposées étre sous la limite
quantique standard, et le laser réfléchi, dont les fluctuations sont celles du vide.
La détection homodyne analyse donc les fluctuations d’un champ, somme d’un
champ supposé comprimé et d’un champ cohérent beaucoup plus intense: les fluc-
tuations éventuellement comprimées sont ramenées a celles d’un état cohérent. La
solution consiste simplement & filtrer spatialement la lumiére réfléchie de maniére
4 minimiser le poids du laser réfléechi et a4 ne conserver idéalement que I’émission
non linéaire.

E.2 Mesure de la compression de bruit en dessous de la
limite quantique standard

E.2.1 Montage expérimental

On assemble les montages de détection homodyne de la figure 3.21 et le mon-
tage de filtrage spatial de la figure 3.9, pour obtenir le montage représenté sur la
figure 3.25. On utilise comme filtre spatial une fente de spectrométre, dont ’ou-
verture peut étre ajustée par une vis micrométrique, montée sur un support qui
permet de régler I'orientation de la lame. On choisit la taille horizontale de la
fente avec deux plaquettes noires positionnées dans le méme plan que la fente.

E.2.2 Recouvrement de l’'oscillateur local et de I’émission non
linéaire

Le recouvrement de ’oscillateur avec le faisceau réfléchi, que I'on régle au ni-
veau du miroir de I'oscillateur local, est fonction de la position de I’échantillon. En
effet, une fois le recouvrement ajusté, un balayage de 1’échantillon montre, a la ca-
méra CCD, des variations de la direction du laser réfléchi de I’ordre du demi-degré.
Pour illustrer 'importance d’un réglage soigneux du recouvrement, on présente
une série de mesures autour d’une position de résonance, ol sont enregistrées le
signal de détection homodyne et de détection équilibrée, le recouvrement et 1’ab-
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sorption, ot le recouvrement a été optimisé une seule fois au début de ’expérience
(au point de plus grande abscisse). Autour de la position = 27,48 mm, le bruit
d’intensité mesuré passe en dessous du minimum de l’oscillation du signal de dé-
tection homodyne, correspondant & une chute du recouvrement de prés de 10%.
Cette incohérence apparente confirme que la baisse du recouvrement fausse la
mesure de détection homodyne. Il faut donc ajuster le recouvrement pour chaque
position de 1’échantillon.

Une conséquence du filtrage spatial est que 'amplitude des signaux de bruit
est beaucoup plus faible, puisqu’on mesure des faisceaux d’intensité nettement
plus faible.

E.2.3 La mesure de détection homodyne

La mesure se fait suivant la séquence suivante. On positionne I’échantillon au
point bas de bistabilité, & la limite ou le "point" d’absorption disparait. On régle
le filtre spatial, positionné dans le champ proche du champ réfléchi, de maniére a
ne conserver que la zone d’absorption, grace a la caméra CCD sur laquelle 'image
du filtre se superpose a I'image du champ proche de la tache sur I’échantillon.
Une fois le réglage effectué, on modifie légérement la position de 1’échantillon,
pour passer le flanc raide de bistabilité et atteindre la position optimale pour la
compression de bruit. L’absorption y est trop faible pour étre visible sur la caméra,
et c’est pourquoi on a di préalablement régler le filtre spatial sur le point bas de
bistabilité, en supposant raisonnablement que la position de la zone d’émission
ne change quasiment pas entre la position de réglage du filtre et la position de
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mesure de détection homodyne.

Le réglage du filtre est ’objet d'un compromis, entre un filtre trop grand qui laisse
passer le laser réfléchi et un filtre trop petit qui coupe une partie de 1’émission
non linéaire. Dans les deux cas, que se soit la contribution des fluctuations du
laser réfléchi, ou la perte d’une partie du faisceau comprimé (voir la discussion du
paragraphe B.1.4 du chapitre 1), les fluctuations du faisceau mesuré sont ramenées
a la limite quantique standard. Le réglage se fait de facon empirique, en fonction
du résultat de la mesure de détection homodyne.

La réduction de bruit a été obtenue & un désaccord de 0.3 meV. Un exemple de
mesure de réduction de bruit est représenté sur la figure 3.27. Aprés les corrections
de Defficacité de détection, dues aux pertes par passage du faisceau comprimé au
travers des différents éléments optiques (une vitre de I’échantillon, deux cubes
polariseurs, trois lentilles; soit 19 %), on mesure une compression de bruit de
4%. La compression de bruit n’est accessible que dans une trés petite fenétre
de désaccord (quelques dixiémes de meV autour de 6 = 0.3 meV) et pour des
intensités laser juste au-dessus du seuil de bistabilité. Cette fenétre de désaccord
se situe 1a ou le seuil de bistabilité est le plus bas, a résonance avec un polariton
dont la composante excitonique est un peu plus importante que la composante
photonique. La petite taille de cette fenétre est certainement liée & deux causes:
d’une part la dépendance du paramétre 3 (qui donne 'excés de bruit sur la voie
excitonique) avec le désaccord, et d’autre part le bruit non linéaire. La prise en
compte de I'élargissement collisionnel permet de comprendre pourquoi la réduction
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de bruit est obtenue seulement au voisinage immeédiat du point bas de bistabilité
(voir 'encart de la figure 3.7).

E.2.4 Validation du modéle théorique

On montre dans ce paragraphe que certaines des hypothéses du modéle pré-
senté a la section B peuvent étre vérifiées directement par I’expérience. Le calcul
des fluctuations dans une microcavité en régime de couplage fort nécessite de
prendre en compte les sources de bruit pour les deux modes couplés photon et
exciton. Les hypothéses sur le bruit entrant par la voie photonique sont simples, sa-
chant que ’on excite I’échantillon avec un laser dont les fluctuations sont mesurées
a la limite quantique standard, aux fréquences d’analyse considérées. Le traite-
ment de la relaxation est délicat et nécessite plusieurs hypothéses. On a adopté
une approche phénoménologique de I’élargissement, collisionnel, et on a fait I'hy-
pothése d’un bruit provenant du couplage linéaire avec un réservoir excitonique,
dont la population augmente proportionnellement & l'intensité d’excitation. On
est capable de démontrer la validité de cette hypothése en montrant que I'excés
de bruit est proportionnel au carré de ’absorption, en régime linéaire (voir le pa-
ragraphe B.2.8 de ce chapitre).

L’hypothése implique que I'excés de bruit d’intensité varie linéairement avec la
puissance de pompe en régime linéaire. Cette hypothése se vérifie effectivement
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et on peut déduire de la mesure la valeur du paramétre de bruit et donc la com-
pression de bruit maximale que ’on peut espérer. Ce paramétre est déterminé en
comparant le spectre de ’excés de bruit d’intensité avec le carré du spectre d’ab-
sorption, obtenus a énergie du laser et intensité fixées, en fonction de la position
de I’échantillon. D’aprés I’équation (3-37), la détermination de la constante de
proportionnalité donne la valeur du coefficient [.

La figure 3.28 montre la trés bonne validation de I’hypothése. Les mesures
ont été effectuées pour différents valeurs du désaccord exciton-cavité. Le bilan de
ces mesures est représenté sur la figure 3.29. On remarque que notre approche ne
nous permet en aucun cas de prédire la dépendance du paramétre de bruit avec le
désaccord. L’hypothése d’un niveau couplé a un réservoir excitonique cache toute
la complexité du phénoméne de relaxation, dont I'efficacité dépend de la dispersion
du polariton. D’aprés les valeurs mesurées, représentées sur la figure 3.29, et en
I’absence d’autres sources de bruit, une compression de bruit est attendue sur
toute la gamme de désaccords, et en particulier au désaccord correspondant a la
mesure de compression de bruit. Comme il a été remarqué au paragraphe E.2.3,
I’étroitesse de la game des parameétres ou on obtient de la réduction de bruit reste
a expliquer.

E.3 Compression de bruit des polaritons
E.3.1 Principe du calcul

Le champ polariton est relié au champ lumineux en dehors de la cavité par
deux transformations. La premiére est donnée par la relation de passage entre le
champ polariton intra-cavité et le champ photon intra-cavité (voir le paragraphe
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B.1.5 plus haut):
a = —C()p (3_41)

Cette relation peut simplement étre obtenue a partir de la représentation du cou-
plage des champ a et b sur une lame partiellement réfléchissante (voir la figure 1.5
du chapitre d’introduction). La deuxiéme transformation correspond au passage
du champ intra-cavité au champ extérieur:

A = \/2y1a — A" (3-42)

On peut ainsi déterminer les fluctuations du champ polariton a partir de la mesure
des fluctuations du champ lumineux émis. Comme notre systéme est similaire en
certains points & un OPO dégénéré, on décrit les résultats sur les fluctuations du
champ intra-cavité dans ce cas.

E.3.2 Etat du champ intra-cavité dans un OPO complétement
dégénéré

Dans un OPO dégénéré, le champ sortant peut étre idéalement comprimé de

100% au seuil d’oscillation. La méthode entrée -sortie permet de calculer les pro-
priétés du champ intra-cavité et montre une compression du champ intra-cavité
de 50% en dessous de la limite quantique standard [Yurke 84, Milburn 81|, soit
réduite de moitié.
L’effet s’explique en considérant les fluctuations du vide qui rentrent par le miroir
de couplage. Les fluctuations du champ intra cavité sont corrélées a ces fluctua-
tions. Ces corrélations font que en sortie, les fluctuations résiduelles du champ de
cavité transmis s’annulent avec les fluctuations correspondantes dans le champ en-
trant réflechi, ce qui permet d’atteindre ainsi une réduction de bruit totale [Scully
97]. Dans notre cas, on doit en plus considérer la nature mixte du champ intra-
cavité, c’est a dire le passage dans la cavité du champ photon intra-cavité au
champ polariton.

E.3.3 Evaluation du taux de compression des polaritons

Le spectre de bruit du champ de polariton intra-cavité est calculé a partir
du spectre de bruit du champ extra-cavité, en passant par le spectre du champ
photonique intra-cavité. Mais il faut au préalable déterminer la quadrature pour
laquelle le bruit est minimum, au point de la mesure, i.e. & fréquence nulle, au
seuil de bistabilité. D’aprés ’expression du spectre de bruit d’une quadrature 0
(relation B-33 de 'annexe A):

Seo(Q) = Ve, (D)1 + [V, (a2 + 2Re([Ve, (Q)]126™), (3-43)
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La quadrature de bruit minimum & fréquence nulle est celle pour laquelle [V, (2 =
0)]12¢%® est un nombre réel négatif. On doit donc déterminer I'argument de
[V, (Q = 0)]12 au seuil de bistabilité, c’est a dire avec:

o = —V3y (3-44)
. 43
INg = —F—— 3-45
seuil 3\/56%0371 ( )
2
n, = —2r (3-46)

V3a,

obtenu d’aprés les relations (3-11), (3-14) et (3-13) de ce chapitre. On remplace
ces trois valeurs dans ’expression générale de ’état stationnaire pour obtenir la
valeur moyenne stationnaire py du champ de polaritons au seuil de bistabilité:

3i +3

3oy,

Pg = Tp (3-47)
En prenant I'expression (3-30) de la matrice de corrélation des fluctuations en-
trantes pour le mode excitonique, obtenue pour une relaxation issue du cou-
plage avec un réservoir excitonique, la matrice de corrélation du champ sortant
[Vi,(0)]12 (voir la relation 3-26) a pour expression:

2iC2pta,ry _ .
Ve, (012 = %(Deﬂ](@ =0) - 275 + diny a0y + 207,0p)
8C3 XPocn e .
DetU(Q)F (2n,0 + 17 + Op)Nee (3-48)

ou l'expression de la matrice U(2) est donnée par la relation (3-20). Le détermi-
nant de la matrice est donné par:

DetU () = 3n2a + 4n,0,6, + 07 + 72 — 2iQy, — Q° (3-49)

En remplacant les expressions des différentes variables au seuil de bistabilité, on
obtient:

1

_ [ 8Cim | 22°Ciny
ot 4022

V3 V3
(1= iV3)CG X511y Neac] (3-50)

[Vi2(€2)]

8 ‘
3Cony + 20 G — i )

16

3
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Lorsque 2 est suffisamment petite:

1 8 .
(1 - Z\/§)Cg%7§(7p + QXg’YbnexCH (3-51)

O~
Vi2(82)] Q4+4§227§[3

Ainsi, on trouve que argument de Vi5(€2) tend Arctan(—v/3) = —Z lorsque
tend vers zéro. On définit la quadrature qui minimise le bruit par ’angle 0,,,. Cet
angle satisfait ’équation:

Arg([Via( = 0)]e**) = 7 = % + 26, (3-52)
soit,
m T
9. =4+ = }
=5t 5 (3-53)

Finalement, on aboutit & I’expression du spectre de bruit de la quadrature 0,
au point tournant de bistabilité:

O+ 40792 + 403 (2X 3 Newe — 1p) 22
SEgsqz (@) = Ot + 4022
p

N 40371 (7}0 — 2Xg’ybne:vc)
Q2 + 492

=1

(3-54)

E.3.4 Taux de compression de bruit optimal

Le spectre de bruit (3-54) est déja normalisé & la limite quantique standard.
Le taux de compression de bruit optimal pour le champ sortant & fréquence nulle
se déduit immédiatement de 1’expression précédente:

opt _ Cg'}/l o QCng’yl YoNexc

photon — 2
’}/p ’yp

(3-55)

Le premier terme du membre de droite correspond au bruit optimum en négligeant,
toutes les sources de bruit sur le mode excitonique, i.e. en ne tenant compte que
du bruit du vide sur les modes excitoniques et photoniques (voir la discussion
au paragraphe C.4 du chapitre 1). Lorsqu’on va vers les désaccords négatifs, le
polariton devient de type exciton: CZ tend vers 1 et -, tends vers 7,. Ce terme
tend donc vers 71 /7,, ce qui est connu pour un milieu Kerr passif dans une cavité a
deux miroirs. Si on avait un seul miroir, 7, = 7,, et la compression de bruit serait
parfaite. Le second terme du membre de droite est I’excés de bruit qui raméne
les fluctuations a la limite quantique standard pour 5 = [eitique (3 apparait dans
Pexpression de n.,.; voir la relation (3-30)) .
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E.3.5 Variance du champ de polariton

Il reste maintenant a évaluer le taux de compression de bruit du champ de
polariton, & partir des résultats obtenus pour le champ sortant. Les deux relations
de passage nécessaires font intervenir le taux de relaxation & travers le miroir
de couplage et le poids de la composante photonique du polariton mis en jeu.
La variance du champ sortant dans 1’ordre normal est donnée par l'intégrale du
spectre de bruit dans 1’ordre normal [Gardiner 00]:

. AAout .- /d_w _403’}/1 (’Yp - QXngnexc)
' ' 27 Q2 + 492
202 X2 eze
= iy + TOELRE (3-56)
Tp

La variance dans 1’ordre normal du champ photonique intra-cavité est reliée a

la variance du champ sortant par le taux de relaxation du miroir de couplage
|Gardiner 00]:

tAAM =27, 1 Aa (3-57)

En remplacant I’expression (3-56) dans I’expression précédente, on obtient 1'ex-
pression:

C2  C2X2Yiene
D Aa = ——0 4 Z0=0 b exe (3-58)
2 Tp

de la variance du champ a, qui représente la composante photonique du champ
polaritonique de variance:

1 X2Ypnese
L Ap = — - 4 0 Tbleae (3-59)
2 Tp
Finalement, ’expression du taux optimal de compression de bruit pour le champ
polaritonique intra-cavité s’exprime:

2
TOpt = 1 — 7){0 VoM (3‘60)

polariton
2 Tp

On note que si le couplage au réservoir excitonique est négligé, on retrouve un
taux de 1/2 comme dans le cas idéal d’une cavité Kerr normale. En comparant les
expressions (3-55) et (3-60), on remarque que la valeur du taux de compression de
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bruit des polaritons se déduit de la mesure sur le champ sortant en multipliant le
taux de réduction de bruit mesuré par le facteur ; 07(2?,1 . On évalue ce facteur a partir
du poids de la composante photonique (CZ = 0,46) au désaccord de la mesure
donné par I'énergie du laser (Apqser = 831,68 nm, soit 6 = 0.3 meV), de la valeur
effective de la largeur du polariton mesuré au seuil de bistabilité (v, = 120ueV) et
de la largeur calculée du miroir de couplage (71 = 90ueV). Du taux de réduction
de bruit mesuré (4%, corrigé des pertes), on déduit une compression d’environ 6%

pour le champ polaritonique:

Totariton < 0,06 (3-61)
Dans le passage du champ de polariton au champ sortant extra-cavité, on gagne
un facteur 2, comme dans le cas de ’amplificateur paramétrique dégénéré, mais on
perd un facteur C3, qui représente la perte de la partie excitonique, et un facteur
Y1/%p, qui correspond au désaccord entre la largeur de résonance et la largeur du
miroir de couplage.

E.4 Conclusion

On a présenté une expérience de compression de bruit de la lumiére émise par

un milieu amplificateur semi-conducteur. Le taux de compression obtenu est faible
et difficile a obtenir au regard d’autres expériences d’optique quantique dans les
semi-conducteurs |[Fox 95|, ou dans les lasers & semi-conducteur. Mais le champ
comprimé est dans notre cas de nature mixte exciton-photon.
Le taux de compression de bruit pourrait étre amélioré, d’une part en se rappro-
chant autant que possible d’une cavité a un miroir de couplage (v, = 0), et d’autre
part en abaissant au mieux la température. L’utilisation des semi-conducteurs de
type II-VI, pour lesquels I'interaction exciton-photon est plus importante que dans
les ITI-V pourrait éventuellement améliorer le taux de compression de bruit, en
réduisant 'intensité d’excitation et donc en partie ’excés de bruit. En tous les
cas, le modéle prédit une compression de bruit limitée entre 10% et 20%. Cette
mesure constitue avant tout une premiére démonstration du principe de compres-
sion de bruit d’une onde mixte rayonnement-matiére dans les semi-conducteurs,
qui prouve le controle possible des fluctuations au niveau quantique.
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Bistabilité a I’"angle magique"

On se place dans le cadre de 'amplification paramétrique de polaritons dans
la configuration non-dégénérée. Dans cette configuration, I’analogie avec les OPO
a souvent été mentionnée [Baumberg 00, Yamamoto 00, Messin 01]. On présente
dans ce chapitre la mise en évidence d’un régime de bistabilité pour une excitation
a ’angle magique, analogue au régime de bistabilité connu dans les OPO [Lugiato
88, Richy 95]. Ce régime est expliqué par un modéle inspiré de ceux développés
pour les OPO [Fabre 90].

On porte aussi une attention particuliére au profil transverse de 1'émission
non linéaire, par une étude systématique du champ proche et du champ lointain,
qui révéle la prédominance des effets spatiaux décrits au chapitre précédent. La
configuration d’excitation permet ici de distinguer le faisceau pompe réfléchi du
faisceau "signal".

Les expériences ont été faites sur les échantillons E1 et E2, définis au para-
graphe B.2.2 du chapitre 2. Le schéma du montage est représenté sur la figure
4.1. On excite ’échantillon & des angles compris entre 9° et 12°) avec un faisceau
de polarisation linéaire focalisé sur un spot de rayon (30 £ 1) pm. Les figures
en champ lointain sont obtenues en transmission, avec une lentille positionnée de
maniére telle & avoir I’échantillon dans son foyer. On obtient les images en champ
proche du signal émis autour de £ = 0 et de la pompe en réflexion. Avant de
construire I'image en champ proche, on construit 'image en champ lointain, et on
place un diaphragme qui permet de ne regarder en champ proche que la zone qui
émet, avec une divergence angulaire limitée par ’ouverture du diaphragme.

A.1 Résultats préliminaires
A.1.1 Seuil d’émission non linéaire

On excite ’échantillon avec un laser d’angle d’incidence et d’énergie tels que
les conditions d’accord de phase et de résonance soient remplies. Le puissance de



104 Chapitre 4. Bistabilité a I’"angle magique"

Laser Ti:Saphir continu,
monomode, accordable

Translation (contréle de ’angle)
<>

D Caméra CCD
Champ proche de la pompe

. Caméra CCD
Champ proche du signal

Translation (controle du désaccord)
>

Ecran
% Caméra CCD avec objectif

Champ lointain

100w )
90
12°

I’émission non linéaire est mesurée soit a la sortie du spectrométre sur un photo-
multiplicateur, soit directement avec une photodiode (Fig. 4.2). Dans ce dernier
cas, la photodiode est mise en transmission & la place de la caméra du champ
proche, et I’émission non linéaire est focalisée dessus. La mesure de ’émission est
alors intégrée spectralement. Les rendements (taux de transfert du mode pompé
vers le mode signal) obtenus sont de ’ordre du pour cent. Par exemple, on obtient
92 uW de signal pour 12.7 mW de pompe a un désaccord de -1.8 meV. Le fais-
ceau complémentaire n’est pas visible aux intensités utilisées dans les expériences
décrites dans ce chapitre. Les résultats expérimentaux de ce chapitre ne porteront
donc que sur les faisceaux pompe et signal.

A.1.2 Deécalage vers le bleu et largeur spectrale

L’amplification paramétrique est accompagnée d’un déplacement linéaire des
résonances avec l'intensité d’excitation (voir la relation (1-43)). Dans la configura-
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tion dégénérée, on a mesuré cet effet sur le déplacement en position des minimums
de transmission avec 'intensité d’excitation. La dépendance linéaire est trés bien
vérifiée.

On mesure ici directement le décalage vers le bleu de 1’énergie de 1’émission non
linéaire avec l'intensité d’excitation (figure 4.3 & gauche). Le déplacement est
donné en meV. Il est linéaire aux faibles intensités mais sature un peu au-dessus
du seuil non linéaire.

Sur la figure 4.3 a droite, on représente la largeur spectrale de ’émission non
linéaire en fonction de la puissance d’excitation (on rappelle que c’est une demi-
largeur & mi-hauteur). L’émission non linéaire présente un rétrécissement spectral
trés net (figure 4.3). La aussi on observe la saturation une fois le seuil dépassé
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La saturation avec la puissance de pompe, observée simultanément pour le
déplacement non linéaire et la largeur de raie, est un effet direct de la déplé-
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836.35

tion de la pompe. Il est systématiquement observé a Iangle magique (voir par
exemple [Baumberg 00,7, Kundermann 03]). Il ne s’observe pas dans la configu-
ration dégénérée de ’amplification paramétrique, ou seul le mode du bas de la
courbe de dispersion est mis en jeu.

A.1.3 Images en champ lointain

Les images en champ lointain sont prises en transmission et non en réflexion
comme dans |[Houdré 00a|'. En régime linéaire, on observe 'anneau Rayleigh
de diffusion élastique et la photoluminescence de la branche basse de polaritons
(voir la figure de gauche de la figure 4.4 et la figure 4.8). En régime non linéaire,
la diffusion paramétrique est responsable d’une émission non linéaire autour de
Pangle nul (voir la figure de droite de la figure 4.4). L’élargissement inhomogéne
se manifeste par des effets de localisation, responsables d’une structure de speckle
dans I'anneau de diffusion Rayleigh.

Ces résultats préliminaires confirment les résultats obtenus par Houdré et al.
sur le méme échantillon et permettent de s’assurer du bon fonctionnement du
montage expérimental. On se référera a l’article [Houdré 00b] pour une discussion
détaillée.

1. Toutes les images en champ lointain sont obtenues avec 1’échantillon E1.
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A.2 Bistabilité
A.2.1 Conditions d’observation

On part d’une configuration d’excitation résonante a I’angle magique pour un

désaccord exciton-cavité donné. Tous les paramétres sont optimisés pour que le
seuil d’amplification paramétrique soit le plus bas possible. Sans modifier ’angle
d’incidence, on désaccorde la pompe vers le bleu. On cherche la position de I’échan-
tillon, a laquelle correspond un nouveau désaccord exciton-cavité, pour laquelle
la pompe est & nouveau résonante. Pour un désaccord de la pompe suffisant, on
observe de la bistabilité sur I’émission non linéaire.
La bistabilité se manifeste par un cycle d’hystéresis, qui peut s’observer en trans-
mission (voir figure 4.5) ou en réflexion sur les variations de I'intensité du signal
émis avec la position sur I’échantillon, & intensité de pompe constante. On verra
au paragraphe A.2.4 le cycle d’hysteresis sur les variations de 'intensité du signal
émis en fonction de I'intensité du signal de pompe, a position fixée.

Les images en champ lointain de la figure 4.5 sont prises pour deux positions
de I’échantillon qui correspondent au point bas et au point haut de bistabilité. Les
conditions d’observation sont les mémes dans les deux figures. La densité optique
nécessaire pour ne pas saturer la caméra au point haut de bistabilité ne permet
pas de voir la photoluminescence au point bas, que 1’on pourra observer sur la
figure 4.8.
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A.2.2 Variation du seuil avec le désaccord

La bistabilité n’est observée que dans une plage limitée de longueur d’onde
d’excitation (figure 4.6). Dans cette plage, le seuil varie relativement peu. Il re-
monte brutalement sur les extrémités de la fenétre. Le régime de bistabilité est trées
sensible aux conditions d’excitation. On se place dans des conditions ol I’émission
non linéaire présente de la bistabilité. Si on modifie trés légérement la position
du spot et 'angle d’incidence, il est possible de perdre le régime bistable tout en
conservant une émission non linéaire. Dans ce cas, le seuil d’émission non linéaire
(non bistable) est plus bas que le de bistabilité dans les conditions initiales.

A.2.3 Variations simultanées de la pompe et du signal
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200
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La bistabilité est aussi visible sur le signal de pompe réfléchie (figure 4.7).
L’émission non linéaire et le signal de pompe sautent simultanément. On remarque
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avant le saut de la pompe (obtenu au point tournant de bistabilité) une baisse
graduelle de la réflectivité. Cette baisse de la réflectivité correspond en partie a
la lumiére émise dans 'anneau de diffusion Rayleigh et & la luminescence de la
branche basse de polariton, avant que 1’émission non linéaire ne s’observe. Elle
correspond & ’émission observée sur la figure de gauche de la figure 4.4 (on doit
aussi considérer les pertes dans les modes de fuite; voir la discussion dans la
référence [Houdré 00b]). Sur la figure 4.8, on se place a la méme position qu’a la
figure de gauche de la figure 4.4. L’anneau de diffusion Rayleigh est coupé pour
ne pas saturer la caméra. On voit la luminescence a tous les angles.

A.2.4 Ditribution angulaire de ’émission non linéaire

La distribution en intensité n’est pas uniforme dans ’espace des k. Elle dépend
de la structure spatiale de la zone d’émission et peut étre sévérement modifiée par
des petits défauts de surface ou des inhomogénéités de la microcavité dans la
composition et I’épaisseur des couches.

2,5

2+ 4

15 i

1 + 4

Intensité du signal (u.a.)

0 2 4 6 8 10

Intensité incidente (u.a.)

836.36

La distribution angulaire de I’émission dépend de fagon complexe de I'intensité
d’excitation. La figure 4.9 représente I’émission non linéaire intégrée angulaire-
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ment, en fonction de I'intensité d’excitation. Elle croit linéairement en dessous du
point bas et au-dessus du point haut de bistabilité.

Si on ne conserve que la lumiére émise dans un petit cone (ici 2°), on observe une
saturation de I'intensité émise une fois le seuil dépassé. En ce sens, la bistabilité
est responsable pour la lumiére émise dans un petit cone autour de I’angle nul d’un
état "quasi-binaire" pour le signal (voir la figure 4.10). Une fois le seuil dépassé,
I’émission non linéaire est distribuée a des angles non-nuls. Elle n’augmente plus
dans le cone angulaire de 2°.
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Cette dépendance angulaire correspond & une déformation de la zone d’émis-
sion avec l’'intensité d’excitation, telle que la lumiére émise sort préférentiellement
a des angles non nuls au-dessus du seuil non linéaire2. Ce n’est pas une propriété
intrinséque de la bistabilité a ’angle magique. Comme pour la bistabilité dans
la configuration dégénérée, elle provient des effets combinés de déplacement en
énergie des résonances.

Le cycle d’hysteresis observé & la figure 4.9 pourra étre comparé plus tard au
modéle. Comme I’émission est intégrée angulairement, on n’est pas sensible aux
détails de la distribution angulaire de 1’émission non linéaire.

On présente un modéle simple, inspiré des OPO, de bistabilité en régime d’am-
plification paramétrique dans la configuration non dégénérée. Aprés avoir rappelé
les résultats des OPO, on démontre la possibilité d’obtenir de la bistabilité sous des
conditions similaires & celles dans les OPO. On précise les distinctions & apporter
entre les deux systémes.

2. Les images en champ proche ne sont pas suffisamment nettes pout étre exploitées.
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B.1 Régime de bistabilité dans les OPO

L’OPO avec cavité résonante rentre sous certaines conditions dans un régime
bistable. Un OPO triplement résonant est constitué d’un milieu paramétrique
placé dans une cavité résonante pour le mode pompe, le mode signal et le com-
plémentaire. Le processus paramétrique est {2w} — {w + Aw,w — Aw}. Pour
simplifier la discussion, on considére le processus dégénéré, dans lequel le mode
signal et le mode complémentaire sont identiques, soit Aw = 0.

On part de la configuration ou la cavité est résonante avec le mode pompe et
le mode signal. On note w, et w; les fréquences du mode pompe et du mode signal
dans cette configuration. Lorsqu’on change la longueur de cavité, la cavité n’est
plus résonante avec les modes pompe et signal. On introduit alors les désaccords
pour la pompe et le signal (ou complémentaire), normalisés aux taux de relaxation
7p et 75 du mode pompe et du mode signal:

AP = “r 2w7 As = (4—1)

Tp Vs

Une étude des solutions stationnaires montre que le systéme présente de la bis-
tabilité si les désaccords normalisés de la pompe et du signal vérifient la rela-
tion [Lugiato 88]:

AAs > 1 (4-2)

Ce régime de bistabilité a été mis en évidence dans les OPO [Richy 95|, avec un
bon accord théorie-expérience.

B.2 Bistabilité dans une microcavité

B.2.1 "Micro OPO" non équilibré

Les équations d’évolution des modes pompe, signal et complémentaire sont
déduites du hamiltonien non linéaire (1-43). Comme on ne s’intéresse pas aux fluc-
tuations des champs, on écrit directement les équations pour les champs moyens.
On se place dans le référentiel tournant a la fréquence du laser et on introduit la
valeur moyenne de I'opérateur lentement variable p; associé au polariton bas de
vecteur d’onde k; dans le plan des couches et d’énergie Erp(k;):

By (1) =< pi (1) > eFrrtan (4-3)

On obtient alors I'’ensemble fermé des trois équations suivantes pour les modes
pompe, signal et complémentaire:
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dps .\~ VkIZ{DkLykL )

dt = _(63 + Z’Vs>ps + 3 pipp (4_4)
dp, L~ Vkif)kL,kL g~ ~ in

dt - _(519 + ZVp)pp B 2Tpppspi —Cy V 27‘1‘417 (4_5)
d~l ‘ _ VPP

a]l; = —(0 +ivi)pi + %Mgi (4-6)

ol J; et ; sont respectivement le désaccord et la largeur du mode j et A" le
champ laser incident résonant avec le mode p. La renormalisation des énergies
n’est pas prise en compte. En introduisant les normalisations:

p, = L[5 (4-7)
'7p Vi
29
P, = D 4-8
p m p ( )
p = 4 /%5 (4-9)
To V Vs
pm o= - Cov/27aA” (4-10)

avec g = Vil I,DkL,kL /h, le systéme s’écrit:

1d

—aps = —(1+iA)P,+ PP} (4-11)
Vs
V—%Pp = —(1+iA,)P, — P,P,P; + P, (4-12)
p
b= —(1+1iAy) P+ P, P; (4-13)
Vi

Les A; sont les désaccords normalisés aux taux de relaxation: A; = 4,/7;. Ces
équations sont identiques a celles décrivant la dynamique d’un OPO non dégénéré
non équilibré, i.e. avec des taux de relaxation pour le mode signal et le complé-
mentaire différents. Le régime stationnaire est décrit par le systéme:

= —(1+iA,)P, + PP} (4-14)
—(141iA,)P, — P,P.P; + Pi" (4-15)
= —(1+iA;)P+ PP} (4-16)
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En combinant ’équation (4-14) et I’équation conjuguée complexe de ’équation
(4-16), on obtient I’équation:

PJIP* — (1 + AA; +i(Ay — A))] =0 (4-17)
On en déduit la condition d’oscillation
Ay = A, (4-18)
et 'intensité du mode pompé:
1B, = V1+ A? (4-19)

ol I’on note désormais A, = A; = A. L’évolution des modes signal et complémen-
taire est décrit par le systéme d’équations (4-14-4-16) qui peut en fait se réduire
a un systéme de deux équations. En effet, les équations (4-14) et (4-16) donnent
|P,|?> = |P;|>. D’aprés la relation (4-15), la somme des phases des modes signal
et complémentaire est fixée: o, + ¢; = 0, avec Py = |Ps|e™* et P, = |P;|e'¥i. Par
contre la différence de phase n’est pas fixée. En faisant le choix ¢, — ¢; = 0, on
obtient P; = P; et on se raméne donc au systéme:

= P"—(1+iA,)P,—gP2P; (4-20)

= —(1+iA)P, 4+ gPP; (4-21)

On obtient les mémes équations que pour un mélange a quatre ondes dégénéré,
puisque il existe une relation fixe entre les valeurs moyennes des champs signal et
complémentaire. La recherche des états stationnaires de notre mélange a quatre

ondes non dégénéré se raméne donc & l'étude des solutions stationnaires d’un
mélange & quatre ondes dégénéré (P, = P;)3.

B.2.2 Condition du régime de bistabilité

En utilisant les variables:

BHin in N-1/4 B _ 2\—1/4
P, =P 1+ A%V Py=P(1+ %)Y (4-22)

on montre & partir du systéme (4-20) et (4-21) que les solutions non triviales
obéissent a 1’équation:

3. Notons cependant que ce mélange dégénéré doit étre distingué du mélange paramétrique
& quatre ondes étudié au chapitre 3, ol seul un mode est mis en jeu. Ici, le mode pompé et le
mode signal ont la méme fréquence mais il s’agit de deux modes distincts.
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On voit que |P,|? vérifie une équation du second degré. La solution de cette

équation est une parabole dans le repére (|P,|%,[P)|?). La bistabilité apparait lors-
qu’a une valeur de 'intensité incidente \F;n|2 correspondent deux valeurs possibles
pour 'intensité du champ signal |P,|2. II faut donc que le minimum de la parabole

soit atteint pour une valeur positive de |P|?. Si on trace les valeurs stationnaires

de |P,|? en fonction de | P, |> pour A,A > 1, on obtient une courbe représentée
figure 4.11. On peut montrer que la partie de pente négative est instable alors
que les parties de pente positive sont stables. En fait, on a de la bistabilité dans
I'intervalle

(A +4)°

LA <|P, |7 <1+4+A4A; (4-24)

Un calcul détaillé et une démonstration de I'instabilité peuvent étre trouvés dans
les références [Lugiato 88, Fabre 90].

B.2.3 Définition des désaccords

On reprend ici les étapes de la procédure utilisée pour atteindre le régime de
bistabilité (déja décrite plus haut au paragraphe A.2.1) en donnant les détails qui
permettront de comprendre comment définir des désaccords pour la pompe, le
signal et le complémentaire. On pourra s’aider de la figure 4.12.

Pour observer de la bistabilité, on se place initialement, pour un désaccord
exciton-cavité noté d,,;, dans la configuration optimale, pour laquelle, & désaccord
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exciton-cavité fixé, le seuil est minimal. [’angle magique correspondant est noté
O magique (Oopt) sur la figure 4.12. Dans ce cas, on a déja mentionné au paragraphe C.2
du chapitre 1, qu’en principe, il existe une infinité de couples qui peuvent osciller
pour une excitation a ’angle magique. Pour voir cela, on regarde la conservation
de I’énergie dans le processus {kp, k,} — {k,2k, — k} , avec k ¢ (k;, k,), donnée
par I’équation:

2ELp(kp,0) — Erp(2kp — kx, ky) — Erp(ky, —ky)| =0 (4-25)

La figure 4.13 montre les variations de la fonction [2E.p(kp,0) — Erp(2k, —
ky, ky) — Erp(kg, —ky)| dans le plan (k,, k,) [Ciuti 01]. Les solutions qui véri-
fient la conservation de ’énergie donnent un huit. En pratique, seul le couple
{(0,0), (2kp, 0)} oscille, comme on ’observe.

Ensuite, on désaccorde le laser, en excitant toujours au méme angle. Pour la
nouvelle énergie du laser, on cherche la position de résonance pour laquelle le
laser est résonant avec la branche basse. Le désaccord exciton-cavité correspond a
cette nouvelle position est noté d;. Les modes signal et pompe qui oscillent pour
ce nouveau désaccord exciton-cavité ont des fréquences différentes changées par
rapport au désaccord exciton-cavité initial 0.

On note d5 (6;) le désaccord entre 'énergie du mode signal (complémentaire)



n

116 Chapitre 4. Bistabilité & ’"angle magique

30/ ] [ ] 2.6
20¢ ]
10t
=N
[P]
= 0
>
D
-10¢
-20l ]
-30\ ‘ ‘ ‘ ‘ — 11,
-30 -20 -10 0 10 20 30
Oy (deg.)
|2ELp(k‘p,O) — ELP(2k‘p — kg, ky) — Epp(ky, —k'y)|
0,0, K
K = (kxakyakz 090
0y k ky

k.| = VK2 +k2sinb, |k, =
\/ K2 + kZsind,

au désaccord exciton-cavité 0, et ’énergie du mode signal (complémentaire) au
désaccord exciton-cavité o,y On définit de la méme maniére le désaccord de la
pompe, qui correspond & la différence d’énergie entre les modes pompés pour
0 = dopt €t 0 = 01, i.e. a la différence d’énergie entre les énergies du mode polariton
bas de vecteur d’onde dans le plan (k,,0) pour un désaccord exciton-cavité 0,
et pour un désaccord exciton-cavité d;. On introduit pour la pompe, le signal et
le complémentaire, des désaccords normalisés aux taux de relaxation:

A= 9 (4-26)

Vk;

ol v est la largeur du mode polariton bas de vecteur d’onde dans le plan k:

Y = Corva + Xe (4-27)

B.2.4 Détermination des solutions

La question est de savoir quels sont les couples signal complémentaire {(k, ky ),
(2kp, — kg, —ky)} qui peuvent osciller. On peut commencer par regarder comme
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précédemment l’ensemble des couples pour lesquels la conservation de 1’énergie
est satisfaite. Comme on force le systéme a osciller dans les mémes conditions,
mais & un désaccord exciton-cavité différent, les solutions ne sont plus les mémes
que celles présentées sur la figure 4.13. En particulier, le couple {(0,0), (2kp,0)}
n’est plus solution.

On montre sur la figure 4.14 les variations de la fonction [2Ep(ky, 0) — Epp(2kp —
ky,0) — Ep(kx,0)| dans les conditions optimales, caractérisées par le désaccord
exciton-cavité oy, que I’on compare avec le cas d'un désaccord exciton-cavité o;
dans ’encart. Il apparait clairement que le faisceau signal ne sort plus exactement
a 'incidence normale.

On doit aussi tenir compte dans la détermination des couples qui peuvent
osciller de la condition d’oscillation A, = A,. On peut représenter les couples
signal complémentaire dans le plan (k,, k,) comme pour la conservation de ’éner-
gie. Pour comprendre précisément la fonction a étudier, on écrit explicitement
la dépendance de ’énergie de branche basse avec le désaccord exciton-cavité. La
condition d’oscillation s’écrit:

ELP(kxa ky> 51) - ELP(07 07 5opt) =
Erp(2ky — Ky, —Ky,01) — Erp(2Kp, 0, Gope) (4-28)

La membre de gauche correspond au désaccord pour le mode signal et le membre
de droite au désaccord pour le mode complémentaire. La figure 4.15 montre les
variations de la fonction |[Epp(kg, ky,61) — Erp(0,0,00)] — [Erp(kx, ky, 01) —
EpLp(2Kkp, 0, dopt)] |-
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La réunion des deux conditions (4-25) et (4-28) permet de déterminer quel
couple oscille. On obtient un ensemble de couples possibles, de faible vecteur
d’onde dans le plan suivant y. On suppose que le couple qui oscille est celui pour
lequel le mode signal est le plus proche du bas de la courbe de dispersion, comme
cela s’observe expérimentalement de fagon générale (voir le paragraphe C.2 du
chapitre 1). Pour chaque désaccord exciton-cavité, on peut ainsi déterminer le
produit des désaccords de la pompe et du signal. Lorsque leur produit est supérieur
a un, le systéme présente de la bistabilité.

B.2.5 Comparaison théorie expérience

La procédure théorique est la suivante. On part d’une valeur donnée de d,,; et
on décale I’énergie du laser d’une quantité AFE}. Pour cette nouvelle énergie du
laser, on cherche la position de I’échantillon telle que le laser soit résonant avec
la branche basse de polaritons. On calcule pour chaque désaccord, correspondant
a un décalage du laser ALy, le produit A,A. Le régime de bistabilité est atteint
lorsque A,A > 1, soit dans notre cas pour d; — d,,x = 0.26 meV. On trouve que
le mode signal du couple qui oscille n’a pas de composante dans le plan suivant y
et sort avec un angle de 1.4° suivant x.

Expérimentalement, un éventuel changement de la direction de la lumiére
émise est difficile a déceler a cause du profil complexe et étendu dans le plan
transverse. Une étude détaillée dans ce sens pourrait étre menée. La figure 4.6
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montre les seuils de bistabilité obtenus en fonction de ’énergie du laser (soit du
désaccord exciton-cavité). On trouve que le seuil minimum de bistabilité est at-
teint pour une différence d; — 9, ~ 0.18 meV. Cette valeur de la différence 61—,y
est relativement proche de la valeur, obtenue par le modéle, au-dela de laquelle
on rentre dans le régime bistabilité. La forte remontée du seuil vers les désaccords
exciton-cavité négatifs (vers les longueurs d’onde positives sur la figure), non pré-
vue par le modéle, rappelle la forte remontée du seuil observée au chapitre 3. Des
raisons équivalentes peuvent sans doute étre ici invoquées.

La comparaison du cycle d’hysteresis de la figure 4.9 avec celui de la figure 4.11
montre un bon accord théorie-expérience. La taille et la hauteur du cycle d’hys-
téresis ont sensiblement les mémes proportions sur les deux figures (’échelle de la
figure 4.9 a été choisie de maniére a faciliter cette comparaison).

Cette étude montre que le modéle développé plus haut rend bien compte de

certaines des caractéristiques du régime de bistabilité observé. Ce modéle est com-
plétement équivalent & celui développé dans les OPO. La différence importante,
outre que le mélange est a quatre ondes et non a trois, est qu’il n’est pas possible
ici de faire I’hypothése au départ que les largeurs des modes signal et complémen-
taire sont les mémes.
On note que cette analogie avec le régime de bistabilité dans les OPO pourrait
étre étendue & d’autres régimes d’instabilités. On pense en particulier & un régime
de bistabilité dynamique, dans lequel est mis en évidence un délai temporel non
nul au démarrage de l'oscillation paramétrique [Richy 95].
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B.3 Comparaison avec les expériences précédentes

Le régime de bistabilité est atteint en modifiant légérement les parameétres
a partir d’une situation optimale de stimulation de I'amplification paramétrique
dans la configuration non-dégénérée. Lorsque Houdré et al. ont publié leur article
|Houdré 00b|, "amplification paramétrique n’était pas encore mise en évidence et
les conditions d’excitation dans lesquelles ils s’étaient placées ne correspondaient
pas exactement & la situation optimale. Cet écart était apparemment suffisant
pour que la courbe de seuil non linéaire présenté dans leur article présente une
discontinuité que I’on n’observe pas habituellement & ’angle magique (voir la
reproduction de la courbe a la figure 4.16). Cette discontinuité fait naturellement
penser au flanc raide de bistabilité présenté plus haut.
Dans un premier temps, nous avons cherché & reproduire cette courbe. On s’est
placé dans des conditions trés proches de celles dans lesquelles a été mesurée cette
courbe de seuil: un angle d’excitation de 9°, une taille de tache de 30 um, une
polarisation linéaire et un désaccord de —1,5 meV. La courbe de seuil mesurée
dans ces conditions est qualitativement identique a celle de la figure. Ensuite, on
s’autorise & modifier uniquement I’angle d’incidence et la position de ’échantillon.
Typiquement, I’angle est modifié de moins de 1° et la position d’une vingtaine de
microns au plus. En jouant ainsi sur ces deux parameétres, on atteint alors le régime
de bistabilité.
On peut donc raisonnablement supposer que Houdré et al. n’étaient pas loin de la
région bistable. Le régime bistable peut vite étre perdu avec des petits défauts sur
la surface ou un petit écart angulaire. Mais surtout, on peut facilement ne pas voir
les signes de la bistabilité (le flanc raide et a fortiori le cycle d’hystéresis), si on ne
s’'intéresse pas a la bistabilité. L’observation de ces signatures typiques suppose de
travailler a intensité constante et de balayer ’échantillon, ou de regarder I'intensité
émise en faisant varier continiiment la puissance de pompe.

On a vu dans I’étude expérimentale au début de ce chapitre que la structure

transverse de 1’émission non linéaire pouvait étre complexe. Elle est déterminée
par les effets transverses présentés en détail au chapitre précédent. Ces effets sont
toujours présents, indépendamment de I'existence d’une zone de bistabilité.
A titre d’illustration, on présente dans cette section certaines images significatives
en champ lointain et les images en champ proche correspondantes du signal émis
et de la pompe, dans lesquelles on retrouve les structures en croissant, en anneau
ou en "point" observées au chapitre 3. Ces observations soulignent I'importance
a accorder & ces effets transverses.
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C.1 Images en champ lointain

On a déja vu qu’en régime linéaire, on observe I’anneau de diffusion élastique
Rayleigh et la photoluminescence de la branche basse de polaritons. Au-dessus du
seuil non linéaire, les structures peuvent prendre la forme d’un anneau, de disques
ou des formes composées, toujours inclues a l'intérieur de ’anneau de diffusion
Rayleigh. Ces observations sont semblables & celles reportées dans [Houdré 00a).
Mais on observe aussi des structures plus inhabituelles:

-une tache intense sur ’anneau non linéaire, du coté de la tache de la pompe
transmise (figure 4.4)

-des structures en anneaux concentriques (figure 4.17)

-un clignotement entre deux régions de résonance séparées spatialement (figure
4.19).

C.2 TImages en champ proche

On cherche a relier les structures en champ lointain & la forme de la zone
d’émission du signal. Le champ proche est obtenu par collection de la lumiére
émise autour de k£ = 0 (voir figure 4.1). On ne voit donc pas la tache de la pompe.
On retrouve des formes semblables a celles observées dans le cas de I’excitation
a l'incidence normale (voir la figure 4.18): le croissant, ’anneau et le "point", et
des structures tout aussi complexes que celles observées en champ lointain. La
géométrie des zones d’émission est déterminée par I'angle de la cavité et par la
distribution non-uniforme en intensité du spot d’excitation, ainsi que par la ru-
gosité des puits (variation de I’énergie de 1’exciton et donc du polariton) et des
défauts de surface (dépots sur la surface). Lorsque ces formes ont une géométrie
simple, on a pu vérifier que la figure en champ proche de la zone d’émission et
la figure en champ lointain se déduisent 'une de I’autre par transformée de Fourier.
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C.3 Instabilité spatiale

On se place ici en régime de bistabilité a un peu moins de deux fois le seuil.
On trouve un désaccord exciton-cavité pour lequel le laser est résonant quasi-
simultanément en deux zones sur 1’échantillon, séparées d’un trentaine de mi-
crons. On observe un clignotement de I’émission entre les deux zones d’émission.
La figure 4.19 montre trois images en champ proche de la zone d’émission prises
successivement. On voit le passage d’un zone d’émission en forme de croissant a
une zone d’émission en forme de point. Cette série d’images prises a des inter-
valles de temps d’1/24 de seconde n’indique pas que le temps de commutation du
systéme est supérieur a 1/24 de seconde, puisqu’elles sont moyennées sur la durée
d’acquisition. L’instabilité entre ces deux états s’observe aussi en champ lointain.

836.36

1/24sec.

C.4 Conclusion

L’ensemble de ces images illustrent les effets de localisation forcée des pola-
ritons. Elles prouvent que ces effets se retrouvent aussi bien dans le processus
d’amplification paramétrique dégénéré que non-dégénéré. Les zones d’émission ne
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correspondent donc pas simplement & la taille du faisceau d’excitation, comme
cela est souvent supposé. Elles ne peuvent se déduire facilement de la divergence
de I’émission non linéaire. Inversement, la divergence de la lumiére est déterminée
en autres par les effets de localisation forcée des résonances. Ces questions sont
discutées plus en détail dans le dernier chapitre.
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Cohérence spatiale des polaritons

A.1 Cohérence optique et cohérence totale

Le concept de cohérence intervient depuis longtemps dans de nombreux do-
maines de la physique. En optique, les expériences d’Hanbury-Brown et Twiss
[Hanbury 56| et les développements du maser (voir par exemple [Haroche 92|) ont
motivé une re-définition plus générale du concept. En particulier, le traitement de
la cohérence dans un cadre quantique a fait 'objet d’une série d’articles de Roy
J. Glauber [Glauber 63a, Glauber 63b, Glauber 63c, Glauber 65].

La cohérence est la relation, ou une famille de relations, entre un signal en un en-
droit donné et en un temps donné, et le méme signal ou au autre signal, en d’autres
points de ’espace et du temps. Si deux signaux sont cohérents, leur superposi-
tion éventuelle, par des techniques optiques, montre une figure d’interférences.
La possibilité de produire de telles franges dans une expérience hypothétique de
superposition apparait en fait comme une trés bonne définition de la cohérence
optique |Glauber 63b|. L’expérience type de superposition de champs cohérents
est ’expérience des fentes de Young.

Quantitativement, la cohérence est évaluée par des degrés de corrélations. Pour
un champ cohérent, au sens de l'optique classique, les amplitudes en deux points
sont en phase et ont les mémes variations ou les mémes fluctuations. On définit le
degré de cohérence a partir des corrélations entre ces fluctuations. Ainsi, on peut
caractériser la cohérence optique temporelle d’'un champ (supposé stationnaire)
a partir de la fonction de corrélation normalisée bien connue définie de la fagon
suivante:

(E*(H)E(t + 7))

1) () —
90 = T ED)

(5-1)

Cette fonction évalue les corrélations entre 'amplitude du champ en deux instants
différents séparés de l'intervalle de temps ou délai 7. A délai nul, cette fonction
vaut un. Le temps typique avec lequel la fonction g(*)(7) tends vers zéro, appelé le
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temps de cohérence, détermine le degré de cohérence optique temporelle du champ.
On peut en déduire une longueur de cohérence, reliée au temps de cohérence par
la vitesse de propagation du signal. La fonction ¢(!)(7) est un cas particulier de
la fonction de corrélation d’ordre un, définie de facon générale pour un champ
stationnaire entre deux points de I’espace g(l)(r, r’ T):

(E(r,t)E(r’;t+ 1))

gV (r,x’,7) = (E(r,t)E(r’,t))

(5-2)

qui permet aussi de caractériser la cohérence spatiale. La cohérence spatiale est
caractérisée par une distance typique, que ’on appellera la largeur de cohérence,
et que l'on prendra garde a bien distinguer de la longueur de cohérence, qui carac-
térise la cohérence temporelle. Cette largeur est définie de la méme maniére que
le temps de cohérence, comme la distance caractéristique dans le plan transverse
avec laquelle la fonction de corrélation d’ordre un g™V (r,r’,7) tend vers zéro.

Au sens de l'optique, un champ est dit totalement cohérent si sa largeur de
cohérence et son temps de cohérence sont infinis, ce qui signifie que la fonction
gW(r,r’,7) associée vérifie la relation suivante pour tout couple de points (r,r?),
quelque soit 7:

gV (e, 7)| =1 (5-3)

La cohérence optique est une cohérence au premier ordre. On peut avoir des
corrélations dans le champ différentes d’une simple relation de phase. On introduit
alors des fonctions de corrélation d’ordres supérieurs. Un champ cohérent & I’ordre
2 satisfait la condition (5-3) pour la fonction de corrélation a 1’ordre un et la
condition suivante:

9@ (x, 0, 7)| =1 (5-4)

oil la fonction ¢® (r,r’,7) est définie comme:

(I(r,t)I(r’t+ 7))
(I(r,t)I(xt))
(E*(r,t)E*(’,t +7)E(r,t)E(r’, t + 7))

B (E*(r,t)E(r, t)E*(r*, t)E(r, 1)) (5-6)

9(2) (I', I',, 7_) (5_5)

La cohérence au second ordre peut étre mesurée dans une expérience de corréla-
tions en intensité. Lorsqu’on s’intéresse a la cohérence spatiale d’un faisceau, on
mesure des corrélations en intensité entre deux parties dans le plan transverse de
ce faisceau, le délai temporel 7 étant fixé & zéro.
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Dans ce chapitre, la cohérence spatiale des polaritons sera abordée par deux
expériences distinctes, dans lesquelles sont testées la largeur de cohérence spatiale
et le caractére monomode transverse de I’émission, dont on donnera plus loin une
définition rigoureuse. Les montages utilisés sont respectivement un montage inter-
féerométrique de type fentes de Young et un montage de corrélations en intensité.
Le premier montage donne acces a la largeur de cohérence, i.e. a la taille de la
zone d’émission. La mesure de corrélations intensités, qui portent sur la fonction
de corrélation d’ordre deux, donne des informations sur la répartition des pho-
tons dans le plan transverse, qui permet d’en déduire le caractére monomode de
I’émission.

A.2 Effets cohérents dans les microcavités

Les effets cohérents dans les microcavités semi-conductrices font l'objet de

nombreux travaux, motivés en particulier par la réalisation d’émetteurs de lu-
miére & faible seuil et de forte "directionnalité" (en régime de couplage faible) et
I’éventuelle condensation de Bose-Einstein des excitons-polaritons (en régime de
couplage fort).
La lumiére peut étre amplifiée par des processus non linéaires de deux types dif-
férents, caractérisés par les propriétés de cohérence. Dans un amplificateur laser,
I’amplification est assurée par un milieu actif de gain incohérent, alors que dans un
amplificateur paramétrique, I’amplification dérive d’un mélange cohérent entre les
ondes dans le milieu. Les différences entre les deux types de processus apparaissent
dans les propriétés statistiques de la lumiére émise.

On a vu au chapitre 3 la preuve directe de la cohérence du processus d’am-
plification paramétrique par la mise en évidence de la dépendance en phase de
I’émission non linéaire et on a noté les progrés récents vers une réalisation d'un
amplificateur de type laser pour les polaritons [Andre 03]. En régime de couplage
faible, le laser a photons a déja été bien étudié dans les microcavités.

On présente dans ce chapitre des expériences de mesure de la statistique dans
le plan transverse, pour caractériser le comportement monomode-multimode de
I’émission et la cohérence spatiale a 1’échelle de la zone d’émission. Dans ces ex-
périences, la microcavité est soumise a une excitation résonante, a l’incidence
normale ou a l'angle magique, suivant que l’on considére la configuration dégé-
nérée ou non dégénérée du processus paramétrique. La cohérence spatiale vient a
I’origine de la cohérence spatiale de la pompe, un laser titane saphir trés au-dessus
du seuil, dans un état cohérent. Aprés avoir défini la largeur de cohérence dans
une cavité Fabry-Pérot plan-plan (A.3), on considérera la largeur de cohérence du

mode propre d’une microcavité en régime de couplage fort (A.4).
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A.3 Largeur de cohérence dans une cavité plan-plan

On considére une cavité Fabry-Pérot de géométrie plan-plan contenant un

milieu émetteur. On note L. la longueur de cavité, R; et Ry les coefficients de
réflectivité en intensité des miroirs. On peut définir un mode propre de cavité
qui caractérise la largeur angulaire de ’émission, comme par exemple, dans le
processus d’émission spontanée [Bjork 93| ou dans la génération de seconde har-
monique [Aiello 98|.
La largeur du pic de transmission est le point de départ du calcul de la largeur an-
gulaire du mode de cavité. La relation de dispersion de la cavité doit étre utilisée
pour convertir la largeur en énergie de la transmission en une largeur angulaire.
Cette transformation est le pivot qui permet de définir une largeur de cohérence
a partir de la divergence de ’émission.

A.3.1 Largeur angulaire

La longueur d’onde de résonance de cavité se déplace avec ’angle d’incidence
6 de propagation dans la cavité (exprimé par rapport a I'incidence normale), selon
la loi de dispersion:

A(0) = A\(0)cos(0) (5-7)
Un développement de Taylor aux faibles angles donne:
AN = \(0) — A(0) = \(0) */2 (5-8)

On obtient ainsi le déplacement de la longueur d’onde de résonance par rapport
au cas de I'excitation & I'incidence normale pour un angle d’incidence 6, dans le
vide !:

Ao(0) 63

Ao~ ——5— (5-9)

2
2ncav

ou apparait la longueur d’onde dans le vide )\, et I'indice de réfraction de la cavité

ncav N

Cette expression va permettre de relier la largeur angulaire de ’émission a sa
largeur spectrale, que 1’on va maintenant calculer. Cette relation est a la base de
la définition de la largeur de cohérence.

La transmission d’une cavité Fabry-Pérot plan-plan a pour expression [Gryn-
berg 97]:

1. Dans le cas des microcavités, nous supposons que la phase & la réflexion sur les miroirs de
Bragg est indépendante de 6 [Bjork 93].
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T (1= Ry)(1— Ry)
1+ R Ry — 2/ Ry Rycos(k, Leay)

R; et R, sont les coefficients de réflexion des miroirs de la cavité. L., est la
longueur de la cavité. On obtient sa mi-largeur & mi-hauteur en vecteur d’onde:

1 —+vVERiRy

(5-10)

Ak = ——— 5-11
Lcav(R1R2)1/4 ( )
dont on déduit la largeur en longueur d’onde:
CoAk
AN = 5-12
27Tnccw ( )
Finalement, en utilisant I’expression de la finesse, notée F':
R R 1/4
JAR T ) (5-13)

1 —-+vVERiRy

et les relations (5-12) et (5-9), on obtient la largeur angulaire correspondante:

1
A0 = (5-14)

N est lordre de la cavité, défini par la relation L, = N22.

A.3.2 Relation entre la largeur spatiale et la largeur angulaire de
I’émission

La divergence de ’émission est déterminée par la diffraction a travers une
aire finie. La largeur angulaire est donc reliée a une aire d’émission dans un plan
paralléle a la surface des miroirs, caractérisée par un rayon effectif r. & cause de
la symétrie cylindrique imposée par la cavité. La largeur angulaire et la largeur
spatiale transverse sont simplement reliées de la maniére suivante:

Te = o _ aroVFN (5-15)
Af

a est une constante sans dimensions. Deux voies distinctes peuvent étre suivies
pour aboutir a la valeur de a; I'une part de la densité de modes transverses et
I’autre s’appuie sur les inégalités de Heisenberg. La valeur obtenue dépend de la
méthode utilisée, mais cette différence refléte simplement une certaine latitude
dans la définition de la largeur angulaire. Les deux méthodes sont fondamentale-
ment équivalentes. Comme les hypothéses de ce calcul seront discutées plus bas,
on explicite les deux méthodes.
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A.3.3 Détermination par les inégalités de Heisenberg

On suit ici les références [Aiello 98] et [DeMartini 90]. On définit Iaire d’in-
certitude a partir de 1'inégalité position-impulsion d’Heisenberg:

h2

x Y

(5-16)
On exprime l'incertitude sur les impulsions en fonction de celles sur les vecteurs
d’onde:

Ap, = hAk, = hAk, (5-17)

Comme précédemment, on mesure les angles par rapport a l'incidence normale.
Le développement autour de 8 = (0 donne:

Ak, ~ k sin(fy) = k 6 (5-18)

On relie ainsi I'aire d’incertitude AA & la largeur angulaire:

MV EN MVEN X
2T 27 T 21Ad

Le résultat final ne dépend pas de h, donc on peut s’attendre a retrouver le méme
résultat avec la théorie classique de la diffraction.

AA ~ ( )%, soit Ax = Ay = 2r, =

(5-19)

A.3.4 Détermination par la densité de modes transverses

La distribution en intensité du champ lointain d’une ouverture circulaire illu-
minée uniformément est donnée par la formule d’Airy. La théorie de la diffraction
permet ainsi d’aboutir & une valeur approximative de a. On préfére ici une déter-
mination plus rigoureuse, obtenue & partir de la densité de modes transverses.
On s’intéresse au nombre de modes dans une microcavité de longueur fixe, dans
une aire A, et dans un intervalle de fréquence donné autour de la fréquence de
résonance. La densité de modes transverses par unité de fréquence est [Bjork 93|:

42 vA
p(v) = —<a— (5-20)

2
Co

En utilisant 'expression (5-12) de la largeur en fréquence de I’émission, on obtient
le nombre de modes n(v) dans la bande passante de la cavité:

n(y) = ewA( —VR) 24 (5-21)
= I /4 XoLcav(RiRp)'/*
)\0 caU(RlRQ) ﬂ-ﬂ—zcav(l—\l/ﬁ)
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Par excitation de la cavité sur une aire A plus grande que 772, le nombre de modes

excités est 24 /7r? (avec un facteur 2 pour la dégénérescence de polarisation), soit:

/\OLCGU(Rle)l/4
- 5-22
" \/ﬂnmv(l — VRiRy) ( )

A.3.5 Comparaison

On peut a présent comparer le rayon obtenu par ’optique ondulatoire,

AoLcan F
class 0Mcav
= — 9-23
Te V' 200 ( )

avec celui obtenu & partir des inégalités de Heisenberg:

[ NoLcanF’
quant __ cav 5-24
e T2 N equ ( )

Les expressions différent d’un facteur v/8, de ordre de I’unité comme ’indiquent
Bjork et al [Bjork 93]. Ce facteur s’explique par la différence des hypothéses de
départ: la géométrie de la zone d’émission (de forme circulaire ou carrée) et la
définition de la largeur angulaire.

A.4 Largeur de cohérence dans une microcavité
semi-conductrice

A.4.1 Largeur de cohérence des polaritons

La taille du mode polariton est habituellement déduite des propriétés de la

cavité supposée plan-plan suivant la méthode que I’on vient de dériver. Les pro-
priétés de I’exciton ne sont pas prises en compte dans la taille transverse du mode
polariton.
La largeur de cohérence des polaritons a été introduite principalement dans le
cadre des expériences d’amplification paramétrique de polaritons dans la configu-
ration non dégénérée. La largeur de cohérence du mode polariton est définie comme
I’extension spatiale transverse sur laquelle le champ polariton est cohérent. Cette
définition de la largeur de cohérence correspond a celle donnée au paragraphe d’in-
troduction A.1. Bien que la zone d’émission soit d’extension transverse finie, on
introduit un seul vecteur d’onde dans le plan, qui définit le mode, auquel corres-
pond une population macroscopique cohérente de polaritons. Le mode polariton
est donc supposé cohérent a I’échelle de la zone d’émission. A notre connaissance,
cette cohérence spatiale du mode n’a jamais été testée directement.
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Cependant, des questions se posent déja quant a la taille du mode. Elle est ha-
bituellement supposée indépendante des conditions d’excitation (contrairement &
ce qu'on a vu aux deux chapitres précédents). Elle est déterminée a partir de
la largeur angulaire [Baumberg 00|, par la relation (5-15) et intervient de fagon
cruciale dans la détermination des facteurs d’occupation [Stevenson 00].

A.4.2 Détermination du facteur d’occupation

Le facteur d’occupation est le nombre de polariton par état d’un méme mode;
il se calcule & partir du nombre de polaritons dans le mode et du nombre d’états
disponibles dans le mode. On débute avec I’évaluation de la densité de pompe:

Lpompe
Dpompe = 47TR2p CI:Q (5—25)

spot ™~ Kpompe

Elle s’exprime en fonction de I'intensité de pompe I, du rayon noté R, et
de la composante photonique Cy,,, . du polariton excité, qui se calcule & partir
du désaccord exciton-photon au point d’excitation et de 'angle d’excitation (voir
la relation (3-5) au chapitre 1). On détermine de la méme maniére la densité pour
le mode signal Dy;gna:

Isi nal
Dsignal - A R2 gcﬁ (5—26)

spot

signal

Les deux densités différent typiquement de deux ordres de grandeur?. On obtient
le nombre de polaritons créés par unité de surface et par unité de temps, en
divisant la densité de puissance par ’énergie du mode considéré. Finalement, la
durée de vie du mode k = 0, notée 7y, permet de déduire le nombre de polaritons
par unité de surface dans le mode signal (polaritons/cm?):

Isignal-TO
2 Epk=0

Le nombre d’états disponibles dans un mode est déterminé en fonction de la
divergence angulaire de la lumiére issue du mode. On déduit facilement la densité
d’états du mode dans l’espace réciproque a partir de la dispersion parabolique
Z—Z = %, que l'on doit juste intégrer, pour obtenir I’expression du nombre d’états
accessibles dans le mode en fonction de la largeur angulaire Ak:

Nyignar = polaritons/cm? (5-27)

A1 R?

spot*

signal '

(Ak)
4

2. Ce résultat est corroboré par des mesures annexes qui donnent une absorption de la pompe
de 5% pour une excitation résonante, et un transfert de 20% dans le mode signal [Stevenson 00].

(5-28)

n =
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Cette méthode peut s’appliquer en régime pulsé [?]. Dans ce cas, il n’intervient
évidement pas de durée de vie du mode ou de nombre de polaritons par unité de
temps, mais un nombre de polaritons par impulsion.

A.5 Enjeux du chapitre

On se propose dans ce chapitre de comprendre ce qui détermine effectivement
P’échelle de cohérence spatiale du polariton (B) et de démontrer la caractére mo-
nomode de 1’émission non linéaire (D), ce qui valide tous les traitements o chaque
mode est représenté par un seul opérateur. Ces expériences nécessitent de regar-
der dans le détail la structure transverse du polariton. On retrouve alors les effets
transverses, présentés aux chapitres 3 et 4, respectivement dans les configurations
dégénérée et non dégénérée de 'amplification paramétrique. La taille du mode
déterminée uniquement & partir des propriétés géométriques de la cavité donne la
taille maximale possible du polariton. A priori, les effets transverses, que ’on a
aussi appelés effets de localisation forcée, réduisent la taille du polariton en des-
sous de cette taille maximale. On verra dans quelle mesure on pourrait envisager
de reconsidérer les résultats des expériences dans lesquelles intervient la largeur
de cohérence(A.4.2), alors que ces effets transverses ne sont pas pris en compte.
De plus, on montrera pourquoi la preuve du caractére monomode de I’émission
non linéaire pour une excitation a I'incidence normale permet d’assurer la dégéné-
rescence du processus d’amplification paramétrique étudié au chapitre 3 (D.1.1).

On aborde dans cette section une expérience d’interférométrie qui met en évi-
dence la cohérence spatiale & 1’échelle de plusieurs dizaines de microns. Cette
expérience tire profit de défauts de surface de I’échantillon.

B.1 Principe de ’expérience
B.1.1 Continuité de la zone d’absorption

On excite a résonance a ’angle magique, comme dans le chapitre 4. On utilise
le méme montage expérimental, reproduit figure 5.1. On est en régime d’amplifi-
cation paramétrique non bistable.

Au chapitre 3, on a vu comment déterminer la zone d’émission par l'intersection
d’une gaussienne et d’un plan incliné, dont la position relative est donnée par la
position du spot d’excitation sur 1’échantillon. La zone ainsi obtenue est connexe.
Or il est possible d’avoir deux zones résonantes quasi-simultanément (voir le pa-
ragraphe C.3 du chapitre précédent) ou des régions d’émission de la forme d’un
croissant coupé en son centre (voir le paragraphe C.2 du chapitre précédent). On
invoque alors les défauts de surface et les inhomogénéités de la microcavité pour
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Laser Ti:Saphir continu,
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expliquer la brisure de la continuité attendue. Dans un cas bien particulier, on
va voir comment on a su tirer avantage de cette discontinuité dans I’étude de la
cohérence spatiale des polaritons.

B.1.2 Les trois résonances

Pour une petite fenétre de longueur d’onde d’excitation 865-872 nm, le la-
ser est résonant sur une zone inhomogéne de 1’échantillon (I’expérience est faite
sur Iéchantillon E2). L’'image en champ proche de la lumiére émise autour de
I'incidence normale montre trois zones distinctes d’émission, notées 1, 2 et 3 (fi-
gure 5.2). On sélectionne ici la lumiére émise dans un cone angulaire de 20; on ne
voit pas la pompe réfléchie, qui se trouve & —12°. Les petites taches de lumiére
correspondent & la diffusion de la pompe.

En déplacant ’échantillon autour de la position de résonance, on arrive a "allu-
mer" & la suite les trois zones. L’observation du champ lointain correspondant
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révéle des effets intéressants. Dans un souci de clarté, on ne considére pour I'ins-
tant que les zones notées 1 et 2. On reviendra plus tard sur la troisiéme zone.

B.1.3 Interférences en champ lointain

On observe la modification de 1’émission en champ lointain avec la position
de 'échantillon. Tous les paramétres sont fixés (intensité d’excitation, focalisation
sur I’échantillon, température, angle d’incidence); ¢’est la position de I’échantillon
qui est balayée. Les images sont prises en transmission.

Le passage sur la résonance est représenté figure 5.3. On voit d’abord apparaitre
une premiére tache dont la divergence augmente (a-b). Elle correspond & 1’émission
de la zone 1. Une tache apparait (c) dans le centre de la premiére; elle correspond
a la zone 2. Elle s’étale aussi (c-d) alors que la premiére diminue (d-e). En f, les
deux taches ont sensiblement la méme divergence, les intensités émises par ces
deux zones sont comparables. Il se forme une figure d’interférence & franges pa-
ralléles (peu visible sur la figure 5.3; voir la figure 5.4) dans cette petite fenétre
en position ot le recouvrement des deux émissions est bon. Puis la premiére tache
diminue encore (g-h) jusqu’a Pextinction (j); la seconde tache suit la méme sé-
quence en décalé.

La série d’'images correspondante en champ proche montre les deux taches s’al-
lumer successivement. Au point d’interférences, les deux zones émettent avec la
meéme intensité.

2° 836.70

B.2 Interprétation

On montre dans ce paragraphe que les interférences observées correspondent
a l'interférence entre la lumiére émise par deux parties isolées d’un méme mode
polariton. On présente ici des arguments basés sur des considérations sur le temps
et la largeur de cohérence. On reviendra sur ce résultat au paragraphe D.5 dans
la mesure directe du caractére monomode de 1’émission non linéaire.
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On s’appuie sur deux expériences de référence d’interférométrie. Dans la premiére,
on fait interférer un faisceau cohérent avec lui-méme, au moyen d’un montage in-
terférométrique de type Michelson. On observe la figure d’interférence tant que la
différence de chemin entre les deux bras est inférieure a la longueur de cohérence
de I’émission. C’est le cas dans une expérience de détection homodyne, dont le
montage est semblable & celui d’un interférométre de Mach-Zender (pour lequel
les champs ne sont pas recombinés au méme endroit on ils sont séparés). Dans les
expériences présentées, la longueur de cohérence du laser utilisé atteint plusieurs
centaines de métres. Si cette condition sur la différence de chemin inférieure a la
longueur de cohérence de I’émission est vérifiée, les temps de cohérence ne limitent
pas la durée d’observation des franges.

Dans la seconde expérience, on fait interférer deux faisceaux cohérents identiques
(fréquence, largeur spectrale et distribution transverse) indépendants. On observe
une figure d’interférence pendant le temps de cohérence des faisceaux. Au bout de
ce temps, la diffusion de phase pour chacun des faisceaux brouille la phase rela-
tive. Bien qu’il n’existe initialement aucune relation de phase, on sait maintenant
trés clairement expliquer comment la phase se construit au fur et 4 mesure de
Pexpérience ( [Glauber 65, Cohen 99].

Dans notre expérience, les faisceaux sont émis dans le méme plan; la différence
de chemin est complétement négligeable devant la longueur de cohérence de la
polarisation, et a fortiori devant celle du laser d’excitation. Le fait d’observer
des franges indique juste que les faisceaux émis ont des fréquences identiques. Elle
n’offre aucune information sur la cohérence temporelle du mode polariton 4 k = 0.
Comme les franges sont observées pendant un temps infini, cela signifie que 1’on
n’est pas sensible au temps de cohérence du champ dans la cavité. Les deux zones
d’émission ne peuvent donc pas correspondre a deux modes distincts, dont les
interférences disparaissent au bout du temps de cohérence. Il s’agit donc de deux
parties d’un méme mode polaritonique.

Ainsi, on peut se représenter le mode polariton dans un potentiel effectif a
double puits, dont sont responsables les effets combinés de la distribution non
uniforme en intensité et de I'angle de cavité. En changeant la position du spot
sur I’échantillon, on modifie la forme de ce potentiel, car les effets transverses
dépendent de la position du spot sur I’échantillon. On arrive ainsi & passer conti-
niiment d’un potentiel & un seul minimum a un potentiel & deux minimums (émis-
sion de la premiére zone puis de la seconde). En fait, on a vu sur la figure en
champ proche qu’il est méme possible d’obtenir une troisiéme zone d’émission.
On est ainsi capable de placer un mode dans un potentiel & trois puits®. Pour une
position judicieusement choisie, on peut obtenir de la méme maniére que pour les
zones 1 et 2 des intensités comparables pour les zones notées 2 et 3 et observer

3. Pour des raisons techniques, la mesure des résonances en régime linéaire n’a pas été encore
effectuée. Cette mesure permettrait de s’assurer que la microcavité présente effectivement des
inhomogénéités au point de la mesure des interférences.
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ainsi une deuxiéme figure d’interférences.

Le paragraphe suivant présente un calcul simple de type fentes de Young qui
permet de rendre compte des interfranges mesurées pour les couples de points 1-2
et 2-3. Les images de 'interférence pour le couple 2-3 ne sont pas suffisamment
nettes pour étre reproduites. Elles ne sont vraiment visibles que lorsqu’on regarde
en continu le passage sur la résonance.

B.3 Interférences type fentes de Young

On propose un calcul simple de l'interfrange avec un modéle type fente de
Young. Dans ce modéle, les deux fentes sont considérées comme des sources ponc-
tuelles. Les franges s’observent sur un écran placé & une distance D du plan des
fentes.

Dans notre expérience, la figure d’interférence est observée dans le champ loin-
tain, dans une zone finie de ’espace et d’intensité moyenne uniforme. Le taille de
cette zone est déterminée par 1’étendue de la région d’émission et par le systéme
d’imagerie.

La distance entre les différentes sources d’émission est trés petite devant la focale
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de la lentille en transmission pour le champ lointain. On peut donc utiliser la
méme lentille pour le champ lointain des différentes zones d’émission. Expérimen-
talement, on observe effectivement qu’il est impossible de distinguer le centre des
différentes taches d’émission en champ lointain produites par les différentes zones
d’émission (voir la figure 5.3).

On calcule la taille de I'interfrange attendue & partir de la mesure de la distance
en champ proche des zones d’émission, que ’on compare a l'interfrange mesurée.
La distance D est donnée par la focale de la lentille du champ lointain, f,. A la
sortie de la lentille, le faisceau est paralléle; la taille de I'interfrange ne dépend
donc pas de la position de ’écran sur lequel on image.

Les points sources 1 et 2 et 2 et 3 sont séparés d'une distance [ qui vaut respecti-
vement 27 um et 65 pum. En supposant que les intensités des deux faisceaux qui
interférent sont égales, on peut utiliser Uexpression: i = 22 [Siegman 86|, avec
D = f, dans les deux cas. Les interfranges attendues sont:

i1—9 = (2,28 £ 1,03) mm et i5_3 = (0,98 £ 0,31) mm
que I'on compare aux interfranges mesurées:
i1, = (1,94 +0,59) mm et 5" = (0,97 £ 0,20) mm

L’accord est relativement bon. Dans les deux cas, 'orientation des franges cor-
respond bien & la direction donnée par la normale aux segments qui joignent les
deux sources d’émission mises en jeu.

Cette mesure interférométrique révéle directement la cohérence spatiale du
polariton sur toute la zone d’émission. La cohérence spatiale des populations ma-
croscopiques des polaritons est mesurée a une échelle d’environ 80 pm (distance
entre les points 1 et 3).

On présente ici les rudiments d’optique quantique dans le plan transverse né-
cessaires a la définition rigoureuse d’un champ monomode transverse et a la com-
préhension du principe d’une mesure du caractére monomode ou multimode d’un
champ.

C.1 Bases théoriques
C.1.1 Définition classique des états monomode et multimode

On considére ’enveloppe de fréquence positive (cf. la relation B-9 de annexe
A) d’un champ classique, que I’on décompose sur une base de modes transverses*:

4. On écrit explicitement la dépendance spatiale transverse.
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&7, 2) = z% > a7, 2) (5-29)

u; est I'élément de base générique de la base transverse, p est le vecteur polaire
dans le plan transverse.

Un champ est dit monomode s’il se décompose suivant un vecteur unique d’une
base compléte des modes transverses. Dans ce cas, seul un «; est différent de zéro.
Un champ pour lequel au moins deux des coefficients de la décomposition sont
non nuls, ne satisfait pas a cette condition; il est multimode.

Cependant, si les coefficients «; sont constants -le champ est alors dans une super-
position cohérente de modes®-, on peut toujours trouver une base dans laquelle il
satisfait cette condition. On passe ainsi d’'un champ multimode & un champ mono-
mode par un simple changement de base. Une base peut étre préférée a d’autres,
comme la base des modes gaussiens pour un champ en cavité, ou la base des ondes
planes pour une propagation libre. Mais fondamentalement la physique classique
n’offre pas de définition pertinente des caractéres monomode ou multimode d’un
champ. En particulier elle ne donne aucune indication qui permette de distinguer
expérimentalement un champ monomode et un champ multimode.

C.1.2 Définition quantique des états monomode et multimode

En optique quantique, le champ monomode est I’objet d’un théoréme qui dé-
finit sans ambiguité ses propriétés |[Fabre 00, Treps 01, Martinelli 03]: "un champ
quantique est monomode si et seulement si, pour toute base de l'espace, toutes
ses projections sur les vecteurs de base sont proportionnelles entre elles". Pour se
familiariser avec cette définition, on peut donner un des deux sens de ’équivalence
du théoréme.

On considére la décomposition d’'un champ monomode |¢) sur la base {a;, u;}:

dole) = o) et @) =0 Vi+0 (5-30)

a; est le vecteur d’annihilation d’un photon dans le mode i. On considére un
combinaison linéaire des opérateurs @;: b = ), c;a;. La projection de b est:

By =D eidily) = aoluo) (5-31)

Elle est proportionnelle & celle de @y. Ceci démontre que si le champ est dans
un état monomode, toutes ses projections sur les vecteurs de base sont propor-
tionnelles. La démonstration compléte du théoréme peut étre trouvée dans la
référence |Treps 01].

5. Ce résultat n’est évidement plus valable pour une superposition statistique.
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Comme il est possible de donner une définition non ambigué d’'un champ mo-
nomode, on peut aussi définir correctement un champ multimode. Un champ
multimode est défini comme non monomode. Autrement dit, pour s’assurer du
caractére multimode d’un champ, il suffit de montrer que dans au moins une base
de modes transverses, les propriétés du champ monomode, déduites du théoréme
énoncé, ne sont pas vérifiées. Inversement cela suggére qu’il n’existe pas rigoureuse-
ment de condition suffisante pour démontrer le caractére monomode d’un champ.
Il faudrait en principe vérifier ses propriétés dans toutes les bases transverses.
Cependant, on peut en pratique mesurer le caractére monomode d’un champ en
vérifiant que dans la base dans laquelle on pourrait s’attendre a ce qu’il soit multi-
mode, le champ est dans un état monomode. Cette mesure indique trés fortement
le caractére monomode, et est couramment acceptée comme preuve [Martinelli

03].

C.1.3 Ciritére expérimental monomode-multimode

[’analyse de la structure transverse au niveau quantique conduit a s’intéresser
a la répartition du bruit quantique dans le plan transverse. Un état monomode
peut avoir une structure transverse complexe, mais comme 1’état est décrit par un
seul degré de liberté, la répartition des photons dans le plan transverse est aléa-
toire. Cela signifie que les corrélations entre deux points dans le plan transverse
sont indépendantes de la position des points dans ce plan. Si le champ monomode
est dans un état cohérent, les corrélations dans le plan transverse sont nulles, aussi
bien du point de vue classique que du point de vue quantique. Si le champ est dans
un état comprimé, on a des anti-corrélations. Cette idée servira de base dans la
compréhension d’une des deux mesures des caractéres monomode ou multimode
transverse: la mesure des corrélations entre deux parties du faisceau -on discutera
en particulier de la dépendance du signal avec la taille des deux zones de filtrage-
(C.2.1)
Une autre propriété importante des champs monomodes est que le filtrage spatial
du faisceau est équivalent & une atténuation globale du signal, indépendamment
du caractére bruité, cohérent ou comprimé du champ. En prenant le point de vue
sur les pertes développé dans le chapitre d’introduction (voir le paragraphe B.1.4),
couper la moitié du faisceau a le méme effet sur le bruit total que le passage par
une lame semi-réfléchissante. L’excés de bruit du faisceau est donc divisé d’un
facteur 2 apreés un tel filtrage. Cette idée servira dans le deuxiéme type de mesure
du caractére monomode ou multimode transverse: la mesure type lame de rasoir
(C.2.2), qui consiste a observer les variations globales du bruit et de l'intensité du
faisceau en fonction de la zone sélectionnée par le filtrage spatial.
Dans la section suivante on considére un champ monomode. On présente 1’ex-
pression des corrélations en intensité entre deux points dans le plan transverse
(introduites au paragraphe A.1), de maniére a établir, en vue d'une mesure, les
corrélations entres deux parties d’aire finie dans le plan transverse.
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C.1.4 Fonction de corrélation spatiale de la variance du nombre
de photons pour un champ monomode

On part avec un champ quantique:

E(7.2) =im » a7, 2) (5-32)

Par la suite on ne s’intéresse qu’aux effets dans le plan transverse et donc on
oublie la dépendance en z. On suppose ce champ dans un état monomode, c’est
a dire tous les modes sont vides, sauf un, le mode u(%. L’opérateur intensité et
Popérateur nombre de photons associé sont par définition (relations A-9 et A-10):

Lip=hwo Y _ ald, (5-33)
N2 ala; (5-34)

On décompose les opérateurs en valeurs moyennes et fluctuations (cf. chapitre 2).
Le nombre moyen de photons est dans cet état”:

(Nyot) = Gbtio = Ny (5-35)

On en déduit la fonction de corrélation en intensité:

-~ -~ —
(N(PIN(P") = > (aawaiaryui (7 yuw (7)u (77w (o) (5-36)
kK LI

Cette fonction de corrélation fait intervenir des termes a quatre opérateurs. Les
seuls & étre non nuls sont:

(@aoatar) = (ayaz) + (@hao) (5-37)

(@haaiao) = (alao) (5-38)

d’out 'on déduit:

6. Les propriétés liées au caractére monomode n’apparaissent que dans le décomposition sur
une certaine base de modes transverses. Elles n’interviennent pas dans I’expression 5-32 et a
fortiori dans les expressions 5-33 et 5-34.

7. On utilise ici les propriétés de ’état monomode.
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(N(PIN(T)) = Nowy(Puo(p') > wi (7w B) + @ a) fuo(7) P uo (7))

i

= Noluo(7)?0(7" = 7) + @ ag) uo(7)Plue (") (5-39)
En utilisant la relation:
(N(P)N(T)) = (N(B)N(D") + (6N (P)SN(5")) (5-40)

on obtient finalement la fonction de corrélation des fluctuations du nombre de
photons, notées § N, entre deux points du plan transverse situés en p et p’ pour
un champ monomode:

(SN(P)SN(P")) = Noluo()28(7 — 77) + Roluo()Pluo(p")>  (5-41)
ou
Ry = (a}’ag) — (ahao)? (5-42)

Ry est la réduction de bruit d’intensité. Elle donne I’écart a la limite quantique
standard, définie par le second membre de droite de expression (5-41). Elle est
positive pour un état présentant de 1’excés de bruit et négative pour un état
comprimé. Elle s’annule pour un état cohérent, qui ne présente aucune corréla-
tion spatiale (dans ce cas, la distribution des photons dans le plan transverse est
complétement aléatoire). Effectivement, on vérifie que la fonction de corrélation
des fluctuations d’un état cohérent, donnée par le premier membre de droite, est

différente de zéro seulement pour p = 5.

C.1.5 Variance de la différence du nombre de photons

On considére deux détecteurs qui mesurent chacun une partie du faisceau.
L’intensité correspondante a une surface S est notée u(S). p(S) est normalisé a
I’intensité totale du faisceau et correspond donc au poids en intensité de la sur-
face S. On donne aux détecteurs les indices 1 et 2 et on note Sy et S les surfaces
respectives vues par les détecteurs. On s’intéresse au signal de corrélation entre
les intensités mesurées par les deux détecteurs.

Pour un état monomode cohérent, on a vu que la fonction de corrélation & deux
points pour deux points distincts est nulle. De maniére équivalente, la variance
de la différence du nombre de photons entre deux zones d’aire finie distinctes et
de méme p(S) est au bruit quantique standard pour un état cohérent. Si les deux
zones n’ont pas le méme p(.S), la variance de la différence du nombre de photons
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est donnée par le nombre total de photons que multiplie la différence des recou-
vrements.

Les résultats sont les mémes que ’on fasse la somme ou la différence des photocou-
rants (variance de la somme ou de la différence du nombre de photons), puisque
les parties détectées sont complétement décorrélées. Autrement dit, le bruit, dans
une mesure partielle d’intensité d’un état cohérent, est toujours proportionnel a
la racine de l'intensité que voient ’ensemble des détecteurs.

L’état cohérent est la base de la définition de la limite quantique standard. Comme
précédemment, on fait apparaitre explicitement la limite quantique dans ’expres-
sion générale de la variance de la différence du nombre de photons pour un état
monomode quelconque [Treps 01]:

<AN?2 > = <A(N,—Ny)* > (5-43)
= No(u(S1) + pu(S2)) + Ro(p(S1) — pu(S2))? (5-44)
= NyD, + RyD* (5-45)

ou Dy = u(S1+Ss) et D_ = u(S;—S3). RyD? donne I’écart a la limite quantique
standard NyD,. NyD, correspond au nombre de photons mesurés. Le bruit est a
la limite quantique standard si les deux zones détectées ont la méme aire.

La mesure partielle d’un faisceau lumineux dans un état monomode comprimé
donne un taux de compression de bruit réduit par le poids de la surface mesurée.
On retrouve ici 'idée intuitive que la perte d’une partie du faisceau abaisse le
niveau de compression de bruit. Cependant, ce résultat n’est valable que pour
des faisceaux monomodes. Il est fort probable que dans un avenir proche, on
saura générer des faisceaux lumineux dans des états comprimés (nécessairement)
multimodes tel que le taux de réduction de bruit ne dépende pas de la fraction
spatiale mesurée [Treps 02, Martinelli 03, Treps 03b, Lugiato 02| (et les références
données dans |Lugiato 02]). Dans ce cas, on parle de "squeezing local" [Lugiato
02].

C.1.6 Bruit classique

Jusqu’a présent seul le bruit de nature quantique a été considéré. On précise
juste les différences & apporter pour le bruit classique, en se concentrant sur I’in-
tensité. Le bruit classique est responsable des fluctuations de la valeur moyenne de
I’opérateur intensité. Il correspond a une fluctuation du nombre moyen de photons
Ny 8. Tenant compte de cette fluctuation, la variance du nombre de photons sur
un détecteur a pour expression:

8. Expérimentalement, on mesure une densité spectrale de bruit. La fluctuation du nombre
moyen de photons dépend alors de la fréquence. L’expression 5-46 a simplement pour but de
donner une description de la dépendance avec la surface S.



C Introduction & l'optique quantique dans le plan transverse 145

< AN? >= (N + 6No)u(S) + Ro((S5))? (5-46)

Le bruit classique, comme l'intensité, varie linéairement avec la surface S de la
zone détectée et non pas avec son carré. La dépendance avec la surface de la zone
détectée est fonction de la nature classique ou quantique du bruit. Ce traitement
se généralise évidement & n’importe quelle quadrature du champ.

C.2 Principe des expériences
C.2.1 Mesure des corrélations transverses

Elle consiste & envoyer sur deux détecteurs la lumiére issue de deux zones
sélectionnées dans le plan transverse du faisceau étudié. On compare ensuite élec-
troniquement les deux photocourants, en fonction de la position des deux zones
dans le plan transverse. Précisément, on mesure le spectre de bruit de la différence
des photocourants des photodiodes S;_(£2), que I’on compare a la limite quantique
standard, égale a la somme des limites quantiques standard sur chacune des voies

Sﬁ’, (Q) + S¢27,<Q)9 :

Si_(Q)

—(
Saifr(Q) = Si—(Q) + S;, ()

(5-47)

Cette expérience correspond exactement a la mesure de la variance de la dif-
férence du nombre de photons vus par deux détecteurs. Elle donne accés a toute
I’information disponible sur la structure transverse d’un faisceau et permet donc
d’identifier le caractére monomode ou multimode du champ. La mesure des cor-
rélations se fait dans une bande étroite de fréquence, limitée essentiellement par
des raisons techniques (voir la discussion du paragraphe E.1.2 au chapitre 3 sur
la fréquence d’analyse). Cependant, cette mesure peut étre délicate a mettre en
oeuvre et ¢’est pourquoi on lui préfére parfois une mesure plus simple & effectuer,
qui offre des informations qualitatives sur le faisceau étudié.

C.2.2 Mesure type "lame de rasoir"

Dans cette mesure, on envoie tout le faisceau sur une seule photodiode (ou
deux pour obtenir la normalisation du bruit & la limite quantique standard). De
facon schématique, on coupe progressivement, le faisceau avec une lame de rasoir
dans son plan transverse et on observe les variations du signal haute fréquence
(fluctuations & quelques MégaHertz) de la photodiode en fonction de celles du

9. Comme cela est expliqué dans 'annexe A au paragraphe D.2.6, on doit tenir compte des
bruits d’obscurité.
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signal basse fréquence (composante continue). On mesure donc les variations du
spectre de bruit S, (€2, 14(S)) en fonction de 'intensité détectée 1(S). Pour un état
monomode, la variation du bruit avec 'intensité est linéaire, que le faisceau pré-
sente de I'excés de bruit ou soit comprimé. Pour un état multimode, on s’écarte
du comportement monomode; la variation du bruit avec I'intensité détectée n’est
pas linéaire.

Cette expérience permet de s’assurer du caractére multimode d’un faisceau ou
d’indiquer trés fortement le caractére monomode du faisceau. Dans le premier cas,
il faut couper le plan transverse de maniére adéquate, en fonction de la symétrie
de la distribution du champ transverse, afin de ne pas couper simultanément les
modes transverses; sinon on ne distingue pas le caractére multimode de ’émission.
On peut donner deux exemples simples. Pour deux modes TEMO00O complétement
séparés dans 1’espace, quelque soit la facon dont on coupe le faisceau, on mettra
en évidence les deux modes (cas trivial d’un faisceau multimode sans corrélations
entre modes). Par contre, dans le cas de deux modes centrés corrélés, il est pré-
férable d’utiliser une lame de rasoir. L’utilisation d’un diaphragme centré sur les
deux faisceaux pourrait couper simultanément les deux modes et ne pas mettre
en évidence le caractére multimode du faisceau total.

D.1 Introduction
D.1.1 Test de la géométrie de ’amplification paramétrique

On a vu au chapitre 3 que la réponse de la microcavité a une excitation ré-
sonante a l'incidence normale présente une forte divergence angulaire, qui peut
dépasser celle du faisceau d’excitation. Au point bas de bistabilité par exemple,
la lumiére est émise dans un anneau, au-dela du laser réfléchi (voir le paragraphe
D.2.4 du chapitre 3). La plupart des résultats du chapitre 3, en particulier les
images en champ proches, ont été expliqués de facon satisfaisante par des effets
de "localisation" provenant de la distribution d’intensité dans la tache d’excitation
(via la renormalisation des énergies) et de I’angle de cavité.

Cependant, il se pourrait que d’autres processus non linéaires interviennent et
soient & I'origine d’une autre source d’élargissement du spectre angulaire. En effet,
les effets d’aplatissement de la courbe de dispersion autour k = 0, observés pour
un pompage a l’angle magique [Tartakovskii 02], sont expliqués par un régime de
diffusion paramétrique au second ordre. Dans ce régime, la population des modes
signal et complémentaire est suffisamment importante pour que ces modes soient
le lieu d’une diffusion & l'ordre supérieur, responsable de branches multiples de
diffusion [Savvidis 0la]. La modification de la dispersion, en particulier autour



D Mesure du caractére monomode de 1’émission non linéaire dans le cas dégénéré 147

de I’angle nul, tient au caractére particulier (anti-hermitique) de la matrice de
diffusion paramétrique [Ciuti 01]. De la méme maniére, on peut considérer des
processus non linéaires faisant intervenir plus d’un mode polariton -et non pas un
seul, comme au chapitre 3- qui auraient le méme effet sur la courbe de dispersion.
Au premier ordre de diffusion, on aurait un processus quasi dégénéré {0,0} —
{+e, Fe}, avec |¢| le module du vecteur d’onde des modes signal et complémentaire.
On montre dans 'annexe B, par un calcul détaillé qui suit les hypothéses de la
référence [Savvidis 0lal, que cette diffusion quasi-dégénérée est responsable d’une
augmentation de la divergence de I’émission non linéaire.

On peut maintenant raisonnablement se poser la question de savoir si la forte
émission non linéaire observée dans une excitation & l’incidence normale, peut
s’expliquer par un processus de diffusion quasi-dégénérée. Dans ce cas, d’autres
modes que le mode k = 0 sont peuplés, et I’émission non linéaire est multi-
mode (transverse). Or il est possible expérimentalement de vérifier le caractére
monomode ou multimode d’un champ. Une étude des corrélations transverses en
intensité entre différentes parties du faisceau peut donc trancher entre les deux
géométries de diffusion envisagées. Cette question est d’autant plus importante
que la réponse nous permettra de valider le traitement théorique du chapitre 3,
ou seule la diffusion dégénérée a été considérée.

D.1.2 Principe de la mesure

On cherche & mesurer les corrélations dans le plan transverse de I’émission

non linéaire. Dans le cas de I’excitation a 'incidence normale, la zone d’absorp-
tion prend la forme d’un croissant qui se ferme pour donner un anneau, dont
le diamétre diminue quasiment jusqu’a zéro au point tournant de bistabilité. En
principe la mesure peut étre faite quelque soit la position du spot d’excitation sur
I’échantillon. En pratique, il est préférable de choisir une position de I’échantillon
tel que 1'on se place juste avant le point bas de bistabilité (comme pour la mesure
de compression de bruit), 1a ot le bruit est relativement bas. Plus l'intensité est
élevée, plus la mesure est sensible a un leger désaccord entre la taille des deux
zones sélectionnées, supposées extraire du faisceau deux parties de mémes inten-
sités.
Les images en champ lointain montrent que la zone limite d’absorption au point
tournant est un anneau dans ’espace des k (voir le paragraphe D.2.4 du chapitre
3). Dans ce cas, on distingue relativement bien I’émission non linéaire du laser ré-
flechi (figure 5.5). Le filtrage spatial se fait donc naturellement en champ lointain,
une fois le laser réfléchi éliminé.
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D.2 Mesure des corrélations transverses
D.2.1 Dispositif expérimental

Le schéma de ’expérience est présenté figure 5.6. L’intensité des faisceaux me-
surés est de l'ordre de quelque dizaines de microWatts. On a légérement modifié
le montage électronique des photodiodes de maniére a diminuer leur bruit d’obs-
curité |[Bramati 02]. Comme le bruit d’obscurité est retranché dans les mesures
(voir le paragraphe D.2.6 de 'annexe A et la paragraphe C.2.1 de ce chapitre), le
rapport signal sur bruit n’est pas amélioré; on distingue seulement mieux le bruit
du bruit de fond. On évite ainsi des erreurs d’équilibrage entre les intensités détec-
tées sur les deux voies dans la mesure de la limite quantique standard. Une erreur
d’équilibrage fait remonter artificiellement la limite quantique standard mesurée.

Le filtre spatial est une plaque noire dans laquelle ont été percées deux ouver-
tures identiques. Les photons issus des deux zones sélectionnées sont détectés sur
des voies distinctes. Le cube polariseur, combiné a une lame \/2, est 1’élément clé
de la mesure; il permet d’envoyer chacune des voies sur une photodiode (mesure
des corrélations) ou de distribuer également les photons issus d’une voie sur les
deux photodiodes (mesure du bruit quantique standard de la voie considérée).

Le spectre de bruit de la différence des photocourants normalisée a la limite
quantique standard est obtenu en trois étapes. Syr¢(€2) est obtenu en envoyant
chaque partie filtrée sur une photodiode et en mesurant la différence des photo-
courants. Pour cela, on retire les lames demi-onde positionnées aprés les miroirs 1
et 2, pour que les signaux sur les deux voies d’entrée 1 et 2 du cube polariseur ne
soient pas mélangés. On$ a ainsi le spectre de bruit de la différence des photocou-
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rants S;_ (€2), mais il n’est pas normalisé & la limité quantique standard. La limite
quantique standard est obtenue en deux mesures. La limite quantique standard
Si,.+(€2) de la voie 1 est obtenue avec la lame demi-onde de cette voie position-
née pour séparer le signal de la voie 1 en deux faisceaux d’intensités égales. La
voie 2 est obstruée. Dans ces conditions, la mesure de la différence des photocou-
rants donne la limite quantique standard S;, _. On effectue la méme mesure sur la
voie 2. La limite quantique standard associée au spectre de bruit de la différence
des photocourants est égale & la somme des limites quantiques des deux voies:
Si— () + 5;,— () . Au final, le spectre de bruit de la différence des photocou-
rants normalisé & la limite quantique standard est obtenu a partir de ces trois
mesures, suivant 1’expression (5-47).

Le nombre d’opérations nécessaires a la mesure peut-étre ramené a deux. On régle
préalablement ’équilibrage des lames A/2 sur chacune des deux voies. On peut



150 Chapitre 5. Cohérence spatiale des polaritons

Excés de bruit normalisé & la L.Q.S. sur la voie 1 1.28 + 0.03
Excés de bruit normalisé & la L.Q.S. sur la voie 2 1.28 4+ 0.03
Bruit de la différence des intensités normalisé & la 1..Q.S. | 1.00 £ 0.03

5.1 -

ainsi mesurer simultanément le bruit quantique standard de chacune des deux
voies. Dans ce cas, le signal de bruit quantique standard est enregistré en une me-
sure et le signal de corrélation peut-étre directement comparé a la limite quantique
standard sur I’écran de ’analyseur de spectre.

L’équilibrage de I'intensité des deux zones détectées est effectué avec une pré-
cision meilleure que un pour mille. Les résultats ont été vérifiés pour différentes
valeurs des paramétres d’acquisition de I’analyseur de spectre (ajustement de la
bande vidéo et de la largeur de résolution; voir le paragraphe D.3.2 de ’annexe

A).

D.2.2 Reésultats de la mesure

La mesure est trés délicate car elle suppose que les intensité des deux zones
sélectionnées soit identiques. L’image en champ lointain montre que la distribution
en intensité dans ’anneau de I’émission non linéaire n’est pas partout uniforme.

-47
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-49 r
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On présente le résultat final dans le tableau 5.1. Au point de mesure, le faisceau
présente un excés de bruit de 28% au-dessus de la limite quantique standard. Par
contre, le signal de différence est & la limite quantique standard. Le résultat de



D Mesure du caractére monomode de 1’émission non linéaire dans le cas dégénéré 151
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<>
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voie DC

voie HF

la mesure ne dépend pas de la position des ouvertures dans le plan transverse.
Elles peuvent étre diamétralement opposées ou sur le méme quart de cercle. La
comparaison directe a ’écran de 1’analyseur de spectre du signal de différence et
de la limite quantique standard, obtenue par une mesure simultanée de la limite
quantique standard sur chacune des voies, montre les deux signaux complétement
confondus (figure 5.7).

Le signal de différence des bruits d’intensité des deux voies est a la limite
quantique pour tous les désaccords et pour toutes les intensités de pompe qui ont
été testées. Cela signifie, d’aprés le critére monomode-multimode présenté plus
haut, que I’émission non linéaire est dans un seul mode. Si I’émission non linéaire
était multimode, les différents modes seraient générés par paires et seraient donc
corrélés (voir 'annexe B). La mesure réalisée écarte cette possibilité.

D.3 Mesure type "lame de rasoir"

On peut enfin vérifier ce résultat par la mesure de type "lame de rasoir". Pour
cela on positionne un filtre de la forme d’un disque, de rayon inférieur & celui de
I’anneau de I’émission non linéaire légérement décentré, pour couper la tache du
laser réfléchi. Apres le filtre, on ne garde que I’émission non linéaire. Une lame
de rasoir, montée sur un support motorisé, permet de couper progressivement
I’anneau de I’émission non linéaire. On mesure I’évolution du bruit en fonction



152 Chapitre 5. Cohérence spatiale des polaritons

1,7

15 t

L1 -

Bruit (u.a.)

0,9 r

07 - o

0,5
1,8 23 2.8 33 38 43

Intensité (u.a.)

de I'intensité transmise, que 1’on fait varier avec la position de la lame de rasoir.
Une courbe typique est présentée figure. 5.9. La variation du signal de bruit est
remarquablement linéaire avec l'intensité. Cela signifie que I’émission non linéaire
est monomode.

2 ~

D.4 Diffusion paramétrique dégénérée & I’incidence
normale

Les mesures indiquent le caractére parfaitement monomode de I’émission non

linéaire et donc la dégénérescence du processus de diffusion. On écarte la par-
ticipation au signal d’émission non linéaire & l’'incidence normale de processus
quasi-dégénérés, étudiés dans I’annexe B. L’étalement angulaire de 1’émission non
linéaire observé n’implique pas de renormalisation de la courbe de dispersion des
polaritons et s’explique entiérement a partir de la localisation forcée des pola-
ritons, par le jeu combiné des déplacements en énergie induits par 1’angle de la
cavité et la distribution non uniforme en intensité du spot d’excitation.
Le processus non linéaire étudié au chapitre 3 correspond a la solution triviale
du processus de diffusion paramétrique, dans laquelle le champ polariton, dans
un seul mode, subit un déphasage non linéaire, a 1’origine de la bistabilité. Cette
mesure valide le traitement théorique du chapitre 3 ou seul le mode k = 0 a été
considéré.

D.5 Mesure du caractére monomode de I’émission non
linéaire 4 ’angle magique
On termine cette section en revenant sur ’expérience d’interférométrie présen-

tée plus haut. Chacune des trois taches étudiées correspond a une partie du méme
mode (voir la figure 5.2). La lumiére émise par chacune de ces taches doit donc
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étre monomode. On vérifie ce résultat dans une mesure de type lame de rasoir.
Le faisceau est coupé progressivement avec un diaphragme, placé dans le champ
lointain du signal.

On ne considére que les taches 1 et 2. Les mesures sont prises pour deux po-
sitions distinctes de ’échantillon, pour lesquelles seule une des taches en champ
proche est visible. Les résultats sont présentés figure. 5.10. La mesure montre une
variation remarquablement linéaire du bruit avec l'intensité dans les deux cas.
Chacun des spots, issu du méme mode, correspond bien & une émission non li-
néaire monomode. On peut en fait vérifier aussi par une mesure de type lame de
rasoir qu’a la position de I’échantillon pour laquelle on observe des interférences,
I’émission non linéaire est dans un seul mode. De cette mesure, on déduit directe-
ment que les émissions non linéaires sont toutes issues du méme mode, sans avoir
a faire intervenir la durée d’observation de la figure d’interférences, comme au
paragraphe B.2.
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On revient dans cette derniére section sur les résultats du chapitre (E.1) et on
montre en quoi ils remettent en cause certains résultats sur la cohérence spatiale
des polaritons (E.2). Les effets transverses, qui jouent un roéle prédominant dans
les expériences présentées, peuvent étre en partie évités (E.3).

E.1 Vérification d’un résultat annoncé

Dans une expérience d’amplification paramétrique avec un pompage résonant
de la microcavité, I'interaction des polaritons est responsable d’un transfert cohé-
rent de population du mode pompé vers les modes signal et complémentaire ou
d’un déphasage non linéaire de la polarisation. L’émission non linéaire issue de ce
processus se fait a partir d’une aire finie sur la surface de ’échantillon. On s’at-
tend & ce que la lumiére émise soit cohérente & 1’échelle de la surface d’émission
(voir par exemple dans [Baumberg 00] et [Stevenson 00]). En particulier, Houdré
et al [Houdré 00b], qui observent 1’émission en champ lointain et discutent de la
taille déduite de la zone d’émission, notent la cohérence attendue a 1’échelle de
plusieurs dizaines de microns. C’est encore ce que suppose implicitement I’utilisa-
tion indifférenciée des termes "mode" et "population macroscopique cohérente",
caractérisés par un vecteur d’onde dans le plan des couches. Les mesures de cor-
rélations en intensité offrent ici la vérification du caractére monomode transverse
de I’émission non linéaire.

Les résultats des différentes mesures présentées dans ce chapitre répondent
donc a une hypothése faite implicitement dans 1’étude des microcavités, aussi
bien dans la description des expériences que dans le traitement théorique, ou les
populations macroscopiques de polariton sont caractérisées par un vecteur d’onde
dans le plan. En revanche, les détails de ces expériences, révélent la prise en compte
nécessaire des effets de localisation, jamais considérés jusqu’a présent.

E.2 Taille du mode et localisation forcée

A notre connaissance, les effets transverses discutés dans ce travail n’ont jamais
été observeés, exceptées les expériences en champ lointain de Houdré et al. [Houdré
00a]. On admet ainsi couramment que la zone d’émission est de symétrie circulaire
et de taille donnée par le spot d’excitation, avec des modifications éventuelles
mises en évidence par 'augmentation de la divergence de ’émission, sans entamer
la symétrie.

Or il est connu que I'image en champ proche en régime linéaire présente une
zone d’absorption qui ne correspond pas a la tache du laser d’excitation mais a
une raie verticale. Précisément, une taille limite du spot est déduite au chapitre
2 -voir la relation (2-7)-, fonction de I'angle de la cavité, au-dessus de laquelle
le laser n’est plus résonant sur la toute surface d’excitation. I’angle de cavité
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implique une limitation spatiale transverse de la zone de résonance responsable
d’un confinement latéral du polariton. C’est un effet simple de localisation forcée.
On rappelle a ce propos les remarques sur la largeur de la zone limite d’absorption
au chapitre 3, oll on notait, que suite a 'effet de I’angle de cavité!?, les largeurs
suivant x et y ne sont pas a priori les mémes. Il nous semble que les expériences
effectuées sur les microcavités avec un angle entre les miroirs se font la plupart
du temps avec des spots d’excitation de rayon supérieur au rayon critique.

E.3 Contexte expérimental actuel

La largeur de cohérence, introduite par Baumberg et al. dans les microcavités
semi-conductrices, intervient dans la détermination des facteurs d’occupation [Ste-
venson 00]. La détermination des facteurs d’occupation des modes signal et com-
plémentaire au seuil d’amplification paramétrique, qui donne des valeurs autour
de 'unité -soit un effet de stimulation-, révéle la nature bosonique des particules
mixtes mises en jeu. La nature bosonique a aussi été mise en évidence dans d’autre
groupes et de maniére différente [Dunbar 02]. Ce résultat n’est en aucun cas mis
en cause par nos expériences. Les facteurs d’occupation mesurés seront d’autant
plus supérieurs a 'unité si la taille du polariton est diminuée (voir l'expression
(5-27)).

Par contre, la largeur de cohérence, nécessaire dans la détermination des facteurs
d’occupation, ne peut étre assimilée simplement a la taille du spot d’excitation,
ne serait-ce que parce que la divergence du faisceau émis est différente de celle
du faisceau d’entrée. Elle ne peut étre directement déterminée & partir de la di-
vergence de I’émission non linéaire, si les effets transverses interviennent. D’aprés
la taille du faisceau, il semble que dans la majorité des cas ’angle de la cavité
ne puisse étre négligé, ce qui nécessite de revoir I’expression de la largeur de co-
hérence!!, qui repose sur I’hypothése d’une cavité plan-plan et de la symétrie
associée. L’expérience la plus simple consisterait évidement & vérifier en champ
proche la géométrie de la zone d’émission, comme nous ’avons fait. On devrait
alors calculer la densité de modes en prenant en compte la géométrie de la zone
d’émission observée.

Cependant, on note que ces limitations dans la taille de la zone d’émission du
aux caractéristiques du faisceau d’excitation n’interviennent pas dans un pom-
page non résonant. On considére en particulier les expériences de pompage non
résonant motivées par la réalisation d’un laser a polaritons. La microcavité est
pompée a grand angle hors résonance. Les polaritons relaxent vers la branche

10. Elles dépendent aussi de variations d’intensité, qui ne sont pas les mémes suivant x et y;
excepté au centre de la gaussienne, mais on n’est jamais résonant en ce point.

11. On se permet de noter que la valeur du a utilisée dans la référence [Baumberg 00] (a est le
facteur numérique qui intervient dans la relation entre la largeur de cohérence & la divergence
du mode 5-15), ne correspond & aucune des deux relations ((5-23) ou (5-24)) dérivées dans la
section A.3.
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basse puis vers le bas du piége. On a déja noté que les semi-conducteurs de type
I1-VI permettent de suffisamment réduire le fameux goulot d’étranglement pour
observer de 1’émission non linéaire a I'incidence normale [Andre 03], avec rétrécis-
sement spectral au-dessus du seuil. La zone d’absorption est toujours limité par
la distribution transverse en intensité du spot d’excitation, mais la zone d’emis-
sion n’est plus contrainte pas les propriétés du faisceau d’excitation. La cohérence,
aussi bien temporelle que spatiale, attendue pour le mode polariton dans lequel
le laser & polaritons émettrait, n’est pas apportée par le faisceau d’excitation. La
taille transverse du mode est uniquement conditionnée par les propriétés de la
microcavité.
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Conclusion

Ce travail de thése présente des résultats théoriques et expérimentaux d’op-
tique quantique dans I’étude des effets cohérents dans des structures semi-conduc-
trices bi-dimensionnelles en régime de couplage fort. Les propriétés originales des
modes propres du systéme, de nature mixte rayonnement-matiére, permettent
d’atteindre un régime d’amplification paramétrique, dans lequel, par analogie avec
les oscillateurs paramétriques optiques et les gaz d’atomes froids, nous avons décrit
théoriquement et mis en évidence expérimentalement deux processus distincts de
bistabilité et la réduction de bruit quantique du champ intra-cavité en dessous de
la limite quantique standard. Ces résultats ont pu étre obtenus en tenant compte
d’effets transverses, qui modifient I’extension transverse du polariton, dont on a
caractérisé les propriétés de cohérence spatiale.

L’amplification paramétrique de polaritons est bien connue dans la configu-
ration non dégénérée, ou deux polaritons excités a résonance diffusent vers deux
modes, d’énergie et vecteur d’onde différents. Ce mélange & quatre ondes de po-
laritons, analogue au mélange non dégénéré dans les oscillateurs paramétriques
optiques, permet de considérer la microcavité comme un "micro oscillateur para-
métrique optique" [Baumberg 00]. Nous avons mis en évidence au chapitre 4 un
régime de bistabilité, lorsqu’on force le systéme & osciller & un désaccord exciton-
cavité suffisamment éloigné du désaccord optimum, pour lequel le seuil d’oscil-
lation est le plus bas. Un oscillateur paramétrique optique triplement résonant,
dont la longueur de cavité est modifiée, peut présenter aussi sous certaines condi-
tions de la bistabilité [Lugiato 88, Fabre 90, Richy 95|. L’analogie entre les deux
régimes est établie formellement en montrant que les conditions de bistabilité sont
les mémes dans les deux systémes. Par contre la procédure expérimentale pour
observer de la bistabilité n’est pas la méme et comme les ondes mises en jeu, de
nature mixte rayonnement-matiére, n’ont pas les mémes composantes photoniques
et excitoniques, elles ont des pertes trés différentes. Ces distinctions sont prises en
compte dans le modéle, qui donne des résultats préliminaires en bon accord avec
I’expérience.

L’amplification paramétrique de polariton peut aussi avoir lieu dans une autre
configuration, trés peu étudiée, dans laquelle seul le mode pompé est mis en jeu.
On démontre au chapitre 3 que le mélange & quatre ondes dégénéré correspond a
un processus non linéaire de type Kerr. De fagon analogue avec les gaz d’atomes
froids en cavité [Lambrecht 95a, Lambrecht 96|, on prédit de la bistabilité et de
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la réduction de bruit quantique en dessous de la limite quantique standard, au
voisinage du point tournant de bistabilité. On met en évidence la bistabilité sous
excitation a incidence normale, par un balayage de la longueur de cavité. Les
fluctuations quantiques de la lumiéres sont étudiées dans un montage standard
de détection homodyne. Au point bas de bistabilité, on mesure une réduction de
bruit de 4% en dessous de la limite quantique standard.

La encore, les distinctions & apporter entre les deux systémes viennent en parti-
culier de la nature mixte du champ polariton. Les effets non linéaires portent sur
le champ mixte intra cavité, ce qui signifie que I’on observe indirectement de la
bistabilité polaritonique et de la compression de bruit du champ polariton. Expé-
rimentalement, seule la partie photonique du champ est directement observable.
Le traitement théorique permet de déduire de la mesure des fluctuations quan-
tiques en dehors de la cavité ’état du champ de polariton. On déduit un taux
de réduction de bruit de 6% pour le champ polariton, en accord raisonnable avec
celui obtenu par le modéle, dont certaines hypothéses ont pu étre vérifiées expé-
rimentalement. Cette mesure de la réduction de bruit correspond a la premiére
expérience de controle des fluctuations au niveau quantique dans des microcavités
semi-conductrices en régime de couplage fort.

Dans les deux configurations du régime d’amplification paramétrique, la nature
mixte des polaritons rend complexe 'estimation de I'extension spatiale transverse
des résonances. Habituellement, la taille de la zone d’émission est évaluée & partir
de la divergence de 1’émission, en utilisant une relation obtenue pour une cavité
Fabry-Pérot plan-plan. Or on observe des zones d’émission de géométrie complexe,
fonction de la position du spot sur I’échantillon. On a développé un modéle simple
qui permet de comprendre qualitativement, comment les zones d’émission sont dé-
terminées par les effets combinés de déplacement des résonances avec la position
et avec l'intensité d’excitation. Ces effets ont pour origine I’angle entre les deux
miroirs de la cavité et la renormalisation des énergies. Ils expliquent les formes
complexes des zones d’émission et donc les distributions angulaires de 1’émission
non linéaire.

Ces effets ont été étudiés en champ proche et en champ lointain dans les deux
configurations de I'amplification paramétrique. Leur prise en compte dans une
excitation a l’angle nul, permet d’obtenir un bon accord théorie-expérience sur
les spectres de réflectivité et les seuils de bistabilité. La modification de la zone
d’émission au voisinage du point tournant de bistabilité impose un filtrage spatial
qui est la clé de la mesure de réduction de bruit quantique.

Enfin, ces effets transverses nous offrent la possibilité de tester directement la
cohérence spatiale des polaritons, dans une expérience d’interférométrie. Le re-
couvrement en champ lointain de I’émission non linéaire issue de deux parties du
méme mode montre une figure d’interférences, qui révéle la cohérence spatiale a
I’échelle de la distance entre les deux zones d’émission, soit environ 80 pym. On étu-
die aussi le caractére monomode transverse de I’émission dans une expérience de
corrélations en intensités entre différentes parties dans le plan transverse de 1’émis-
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sion non linéaire. Cette expérience s’appuie sur un critére monomode-multimode
d’optique quantique développé au laboratoire [Kolobov 99, Treps 01, Martinelli
03]. Ces deux expériences de mesures des corrélations dans le plan transverse
présentées au chapitre 5, sur la cohérence spatiale d’une part et sur le caractére
monomode transverse d’autre part, permettent de vérifier deux hypothéses faites
implicitement mais jamais vérifiées.

Les expériences effectuées pendant ce travail de thése montrent que grace a
la qualité des échantillons disponibles aujourd’hui, on réalise des expériences oul
les effets cohérents dominent et permettent de modifier les propriétés quantiques
du systéme. L’optique quantique permet d’aborder ces nouveaux régimes et inter-
viendra sans doute de plus en plus dans ’étude des microcavités, comme ce fut le
cas aux débuts de I’électrodynamique quantique en cavité avec des atomes. Dans
un futur proche, une mesure d’optique quantique attendue est celle des corréla-
tions quantiques entre polaritons signal et complémentaire, dans la configuration
non dégénérée du processus d’amplification paramétrique [Schwendimann 02, Karr
03b]. La difficulté principale de la mesure vient du désaccord entre les composantes
photoniques des deux faisceaux. La réalisation de ’expérience sera peut étre pos-
sible dans une configuration dans laquelle on pourrait s’affranchir du déséquilibre
signal-complémentaire. Les outils introduits dans ce travail de thése interviendront
sans doute dans les expériences sur d’éventuels lasers a polaritons ou condensats
de polaritons.
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Annexe A :
Introduction théorique et expérimentale
au bruit quantique

Cette annexe donne les éléments d’optique quantique nécessaires a la compré-
hension des expériences et des modéles présentés dans cette thése. Aprés avoir
rappelé quelques bases de I’électrodynamique quantique, on explique comment
passer de la description d’un champ monomode & celle d’un faisceau lumineux.
On introduit la fonction d’auto-corrélation, la densité spectrale de bruit et les
matrices de corrélations. La méthode semi-classique entrée-sortie est appliquée au
cas d’un champ lumineux dans une cavité Fabry-Pérot. On termine cette annexe
par la description des montages de mesures de bruit.

A.1 Quantification du champ électromagnétique
A.1.1 Quantification canonique du champ électromagnétique libre

On considére le potentiel vecteur d’un champ champ électromagnétique. On le
décompose en série de Fourier dans un repére cartésien:

R d

= 1 o _
A = — N 20D (p)eik-T A-1
(t) \/V; ¢ (1) (A-1)

La somme porte sur les vecteurs d’onde ? et sur les polarisations notées i: 1
pour la composante longitudinale, 2 et 3 pour les composantes transverses. e %)
est le vecteur unitaire dans la direction 7. V' est le volume de quantification. Les
coordonnées généralisées et les moments correspondants sont notés respectivement
q%) (t) et p%)(t); ils sont reliés par la relation q%? (t) = ch(’)?(t). On se place en
jauge de Coulomb, ce qui impose un potentiel vecteur transverse, soit q%) (t)=0
quelque soit k. L’équation de Maxwell pour le champ électromagnétique libre
s’obtient & partir des équations de Lagrange:
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—

Q) + () =0, i=23 (A-2)

La quantification du champ transforme les coordonnées généralisées en opérateurs
(que 'on distingue avec un chapeau), qui vérifient la relation de commutation
suivante:

i) ()
@ 5] = ihdiiog o (A-3)

Le hamiltonien pour le champ électromagnétique libre en jauge de Coulomb a
pour expression:

~ 1 2~(i) (i) 2~i) ~i)
Hiipre = 5;{6 pep L TR} (A-4)

ki

A.1.2 Quanta du champ électromagnétique libre

On suppose a présent une polarisation linéaire et on cesse d’écrire ’'indice i.
On change de base et on introduit les opérateurs de création et d’annihilation
d’un photon de fréquence w en fonction desquels on exprime Hjp,.:

-~ SN 1
Hlibre Z hu) T ) (A—5)

N k . . N
=\ 5o +iy/5 ipw (A-6)
B k c
~Vone . hk

Ils vérifient la relation de commutation des bosons:

avec

l\D
g—c—
~—~
>
-3
N—r

(@, al)] =1 (A-8)

On reconnait ici les opérateurs introduits dans la quantification de 1’oscillateur
harmonique. On note que ’équation (A-2) est celle d’un oscillateur harmonique. Le
hamiltonien du champ fait apparaitre ce dernier comme un ensemble d’oscillateurs
harmoniques. Les quanta de ce champ, qui correspondent aux modes normaux,
sont appelés les photons.
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A.1.3 Principaux observables de la théorie quantique de la
lumiére

D’autres observables de la théorie quantique de la lumiére nous seront utile
par la suite. On définit 'opérateur intensité et I’opérateur nombre:

[tot = Z hwal a, ww) (A-9)

Ntot = ZZL\T aw (A-]_O)

que I'on peut décomposer en somme d’opérateurs ]/\\fw = al a,, défini comme ’opé-
rateur nombre de photons dans le mode du champ w. On introduit aussi I’opérateur
champ électrique®, pour un champ monomode, de fréquence, de direction et de
polarisation données:

= 0 10= 8 .
E)=— Ea—?f( ) = i5(@ue™ —al, ) (A-11)
avec &g = 260\/’ qui donne 'ordre de grandeur du champ électrique correspon-

dant & un photon dans le volume de quantification V.

A.2 Inégalités de Heisenberg pour le champ
électromagnétique

A.2.1 Inégalités de Heisenberg

On introduit les opérateurs de quadrature -équivalents aux opérateurs utilisés
en optique classique pour la représentation d’'un champ dans le repére de Fresnel-:

Ep = &(ay +al) (A-12)
Eq = i€(d, —al,) (A-13)
que l'on remplace dans I'expression (A-11) du champ électrique:
E(t) = Epsin(wt) + EQcos(wt) (A-14)

Les opérateurs Ep et EQ ne commutent pas:

[Ep, Eq] = 2i€3 (A-15)

1. On n’écrit plus explicitement la dépendance spatiale.
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Leurs variances vérifient 1’inégalité:

AEpAEg > &} (A-16)

L’inégalité est vérifiée pour un couple quelconque de quadrature conjuguées:

AEPOAEQO > &} (A-17)

avec la définition suivante du couple de quadratures caractérisée par 1’angle 6:

Epy = Eo(ane” +al e ) (A-18)
Egy = i€o(aye” —ale) (A-19)

Une représentation intuitive des fluctuations quantiques d’un champ est don-
née dans le repére de Fresnel. La quadrature Epy s'interpréte géométriquement
comme Pamplitude des fluctuations du champ dans la direction qui fait un angle
0 avec 'axe des abscisses. La quadrature Epy concerne les fluctuations dans la di-
rection perpendiculaire. On considére souvent la quadrature 8 = 0 et sa conjuguée
qui vérifient 'inégalité d’Heisenberg nombre phase. Cette inégalité nécessite une
définition rigoureuse d’un opérateur de phase, délicate a écrire pour des champs
de faible intensité |Fabre 99, Reynaud 90|. Pour un état |¢) correspondant a un
champ intense ( (WK/ |tb) > 1), ou pour une phase classique de valeur moyenne
non nulle ( (1| Egly) > 1), on peut montrer que les fluctuations de phase sont
proportionnelles au fluctuations de EQ autour de zéro. L’inégalité phase-énergie
ou phase-nombre écrite pour les valeurs moyennes a alors pour expression:

ANAyp > (A-20)

N | —
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Par exemple, un état de Fock a par définition un nombre de photons parfaitement
déterminé, mais en contrepartie une phase complétement indéterminée.

A.2.2 Etat du vide et états cohérents

Les états cohérents définissent la limite quantique standard. L’état cohérent
est un état minimal, i.e. 'aire des fluctuations prend la valeur minimale autorisée
par les inégalités de Heisenberg. De plus, les fluctuations sont les mémes quelque
soit la quadrature considérée. L’aire de fluctuations prend donc la forme d’un
disque dans le repére de Fresnel (voir figure 6.1).

A.2.3 Etats comprimés

Un champ est dans un état comprimé si une de ses quadratures a des fluctua-

tions inférieures a la limite quantique standard. L’inégalité d’Heisenberg impose
que les fluctuations de la quadrature conjuguée dépassent la limite quantique stan-
dard.
On donne pour exemple la cas d’un état comprimé en intensité, discuté a par-
tir de I'inégalité phase-nombre. On suppose un grand de photons dans le champ:
(Ep) > E&p. Si le nombre de photons est parfaitement défini, le signal correspon-
dant de photodétection n’a aucune fluctuation, puisque la mesure de photodétec-
tion consiste & compter le nombre de photons détectés. Le champ est alors dans
un état propre de l'opérateur nombre. L’inégalité de Heisenberg, relation (6.2),
impose une indétermination totale de la projection de l'opérateur conjugué sur
cet état. On ne posséde aucune information sur la phase du champ.

On se soucie ici de donner une description des propriétés quantiques de la lu-
miére qui puisse répondre & une situation expérimentale concréte. Jusqu’a présent
on a considéré des champs monomodes. Les inégalités d’Heisenberg portent sur
les variances des fluctuations du champ.
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On passe a I’étude d’un champ quasi-monomode, avec une porteuse et des fluc-
tuations sur une gamme de fréquence petite devant la fréquence de la porteuse
et centrée autour de cette fréquence. Ce traitement est spécifiquement adapté a
la description d’un champ laser trés au-dessus du seuil. Comme précédemment,
on discute des inégalités de Heisenberg, qui portent ici sur la densité spectrale de
bruit. On donne au préalable les définitions de I'opérateur enveloppe, de la densité
spectrale et de la matrice de corrélation d’un champ.

B.1 Définitions
B.1.1 Opérateur enveloppe

On considére un champ laser de valeur moyenne non nulle, avec une porteuse
de fréquence wy, et une largeur spectrale Aw:

~ ) dw (W) ;s it
w w B_1
E(t) = Z/Aw 5o (aye —al e™") (B-1)

On effectue une décomposition du champ en parties de fréquences positive et
négative:

E(t) = ET(t)+E(t) (B-2)

Si on suppose Aw < wr, €g(w) varie peu sur Aw. On obtient ainsi:

~ d )
BHt) = igo(wr) / o et (B-3)
Aw 27T
. Q.
= iSO(wL)eWLt/ — Qg e (B-4)
AQ 27
. dS) ~ )
_ (et / A ) (B-5)
AQ 27T
= Eo(wr)A(t)e ™! (B-6)
= E(t)e Mt (B-7)
ol Gy, = e “Ltag,,, , ﬁ(Q) 101w, €t A = [rg 5 dQA e 81, g(t) est 'opé-

rateur enveloppe lentement variable du champ complexe autour de la fréquence
wr,. Le champ peut donc s’écrire sous la forme suivante:

E®) = &(wp)(A(t)e ™t + At(t)e™r?) (B-8)
= E(t)e " 4 El(p)er! (B-9)
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B.1.2 Fonction d’autocorrélation et densité spectrale de bruit

En comparant les expressions (A-11) et (B-9), on voit que les facteurs de
I’exponentielle dépendent & présent du temps, d’ou la nécessité d’introduire une
nouvelle quantité, appelée la densité spectrale de bruit, qui tient compte des pro-
priétés spectrales. Les inégalités d’Heisenberg porteront sur la densité spectrale
de bruit.

Les définitions sont données pour 'opérateur de quadrature Ey du champ élec-
trique. Dans le cas d’un processus stationnaire, la densité spectrale de bruit est
définie de la maniére suivante:

() = / Cp(r)e ¥ dr (B-10)

avec

Cp (t,1) = (E(ME®)) = (BEONE[)) = (OE()IEW)) (B-11)

et pour un processus stationnaire:

Cp (t,) = Cp(t —t)) = C (7) (B-12)

Cg(7) est la fonction d’auto-corrélation du champ; elle est réelle et paire. Sp(€) est
une fonction réelle, positive et paire. Le spectre de bruit est relié a la transformée
de Fourier 0F(2) des fluctuations 6 E(t) du champ par le théoréme de Wiener-
Kinchine [Mandel 95]:

(OE(Q)OE(Q)) = 2m0(Q2 + ) SE(Q) (B-13)
Les variances de bruit sont données par:
T

Pour un bruit blanc (Sg(€2) = Sg), cette quantité diverge. En pratique, les fluc-
tuations sont mesurées sur une bande de fréquence, fonction du détecteur. Cette
bande passante est choisie en fonction des caractéristiques du processus étudié.
On renvoie au paragraphe D.3.2 de cette annexe pour le choix des parameétres des
montages de bruit.

B.2 Inégalité de Heisenberg

Comme précédemment, la limite quantique standard s’obtient & partir de la
relation de commutation:

B0, E(t)] = [E(), &) (B-15)
= &3(wr)lAW), A1) (B-16)
= Wit —1) (B-17)
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On passe dans ’espace des fréquences par transformée de Fourier:
£l = / dt E(1)e avec £ = (E[-Q)) (B-18)

Dans ’espace des fréquences la relation de commutation s’écrit:

€0, E[Q]] = E3(wr)d(Q + Q) (B-19)

Plus généralement, les relations de commutation pour un couple quelconque
de quadratures conjuguées s’écrivent :

[€po(t), Ego(t')] = 2i€2(wy)6(t — 1) (B-20)

[€00[C2), €0aCY]] = 4imE2(wy )0 (2 + ) (B-21)

L’inégalité d’Heisenberg correspondante s’écrit:

AE pg[QAE Q) > €2(wp) (B-22)

On peut finalement obtenir I’expression de I'inégalité d’Heisenberg pour les spectres
de bruit:

S, ()55, (9) 2 E4(wr) (5-23)

QG(

La valeur limite de 1’égalité stricte est atteinte par n’importe quelle quadrature
d’un champ électrique dans un état cohérent |a):

S|a>P9(Q> = S|a>Q9<Q) = Eg(wL) = C|2a) (B'24)
Le spectre normalisé a la limite quantique standard est donné par:
Sk, ()
norm Q — 0 B-25
SE@ ( ) 83(WL) ( )

On parle maintenant d’état comprimé dans une certaine bande de fréquence
[QlaQQ]:

Sz () < & (wr) (pour Q1 < Q< Q) (B-26)

PO
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B.3 Représentation matricielle

On termine cette section par la représentation matricielle, qui allége les ex-
pressions. Il est commode de représenter le champ A par un vecteur colonne:

4@ = | ) | (B-2)

Son adjoint est le vecteur ligne:
[A@)] = [ (AQ)(ATQ)" | =[ AI(-2) A=) | (B-28)

On introduit une matrice de corrélation entre les composantes positive et négative
du champ:
(IA]SA(Y)]) = 276 (2 — Q) [Va(2)] (B-29)

Les corrélations de la quadrature Fjy s’obtiennent directement & partir des défini-
tions A-13 et B-9:

(OB (DIOE()) = (|(0€(Q)e” + 6ET(Q)e™)[(BE()e” + 6ET(Q)e™™)])

(0E(Q)ET(Y)) + (5ET(Q)5E(Y))
+ (0E(Q)FE(Y))e* + (SET(Q)FET(QY))e 2
= & (wr)((FA(Q)IAT(Y)) + (GAT(Q)6A(RY))
+ (SA(Q)SAY))e* + (SAT(Q)SAT(Y))e ) (B-30)

On suppose le champ A(t) stationnaire; le commutateur, comme la fonction
d’auto-corrélation, ne dépend que de l’intervalle de temps 7. Dans 1’espace des
fréquences:

[A(Q), AT ()] = 276(Q + ) (B-31)

Par comparaison des relations (B-29) et (B-30) et en utilisant la relation (B-31),
on trouve ’expression des éléments de la matrice de corrélation V' en fonction des
corrélations de la quadrature Fj:

(I0Eo(Q)][0Es(Y)]) = |
216(Q + )XW ){[V (V)11 + [V()]22 + 2Re([V(Q2)]126%)} (B-32)

Finalement, on obtient I'’expression du spectre de bruit de la quadrature Fy en
fonction des éléments de la matrice de corrélation associée (d’aprés B-13):

See(2) = E W ){[V(Q]1a + V()22 + 2Re([V ()1 2¢*) } (B-33)
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On peut noter que le spectre de bruit en amplitude est obtenu pour # = 0 dans
cette expression. En pratique, on calcule le spectre de bruit des champs a partir
de cette expression, connaissant la matrice de corrélation. Par exemple, la matrice
de corrélation d’un état cohérent (pour lequel seul §AT(Q)5A(—S) différe de zéro)
est:

Vi@l = 5 o] (B-34)

On vérifie que I'on obtient bien un spectre de bruit normalisé égal & I'unité pour
toute quadrature.

Le traitement adopté des fluctuations est un traitement semi-classique, basé
sur la méthode entrée-sortie [Collet 84, Reynaud 89b|. Cette méthode est discutée
dans le chapitre introductif de ce mémoire au paragraphe B.3.2. On a vu comment
obtenir ’équation d’évolution en décrivant le mode de cavité par un oscillateur
harmonique couplé & un réservoir. On démontre ici I’équation d’évolution d’un
mode d’une cavité dans une approche basée sur un calcul du champ dans une
cavité Fabry-Pérot.

A, A
—> —_—

Aout A ’
<— <—

Les différents champs considérés, définis sur la figure 6.3, sont couplés par les
deux relations suivantes :

~

A(t) = tAp(t) + rA'(t) (C-1)

Aout(t) = tA'(t) = rAin(t) (C-2)

ou r et ¢ sont les coefficients de réflexion et de transmission en amplitude du miroir
de couplage. On introduit le temps de parcours dans la cavité de longueur L:
2L

T=— (C-3)
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qui permet de donner la relation entre les champs intra-cavité se propageant vers
la gauche et vers la droite:

~

A(t) = At — 1) (C-4)
D’aprés 1'expression (A-11) d’un champ monomode de fréquence wy:
A(t) = At — 7)erT (C-5)

Le désaccord entre la fréquence du champ laser incident et la fréquence de la
cavité est 0, = Wee — wr. D’aprés la définition de 7 (relation (C-3)) on peut
remplacer la phase w;, T par —id,7, car w.q,7 est un multiple de 2. En effectuant
un développement limité a 'ordre 1 de exponentielle (]0,7| < 1) on obtient:

%f) — (y +i0)A(t) + \/?ﬁm(t) (C-6)

On a introduit ici le taux de relaxation associé au miroir de couplage:

27

M (C-7)

On choisit la normalisation a(t) = \/;A\(t), tel que < a'a > représente le nombre
de photons dans la cavité. On aboutit finalement a ’équation d’évolution suivante:

da(t)
dt

Le premier terme du membre de droite décrit la propagation avec pertes dans la
cavité. Le second terme décrit le pompage extérieur et les fluctuations entrantes
associées a la relaxation.

= — (11 +1i0.)A(t) + /271 Ain (1) (C-8)

La section présente est consacrée & la caractérisation expérimentale des pro-
priétés quantiques présentées dans la section B.2. On utilise habituellement un
montage de détection homodyne qui permet de déterminer les fluctuations sur
n’importe quelle quadrature d’un champ, et de les comparer a la limite quantique
standard. La mesure du bruit d’un faisceau sur une photodiode donne le bruit
d’intensité du faisceau (ou bruit de grenaille). Pour comparer ce bruit a la limite
quantique standard, il est nécessaire d’utiliser un montage avec deux photodiodes.
Enfin, pour mesurer le bruit sur une quadrature quelconque du champ, on doit
disposer d’un faisceau auxiliaire de référence.

[’élément fondamental des mesures de bruit quantique est la lame semi-réfléchissante.
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Es

EO L €w

Elle permet de mélanger le champ mesuré avec le faisceau auxiliaire pour la dé-
tection homodyne, et dans tous les cas elle est nécessaire dans la détermination
de la limite quantique standard.

On aura besoin par la suite des relations entre les champs entrants et les champs
sortant sur une lame semi-réfléchissante, définis sur la figure 6.4:

1 )
E, = —=|Eore® + E D-1
1 \/5[ orL s (D-1)
1 .
Eg == —[EOLGZSO - ES] (D-Q)

V2

Les relations pour les opérateurs quantiques a la sortie de la lame linéaire sont
identiques a celles pour pour les amplitudes classiques des champs?.

D.1 Définitions
D.1.1 L’opérateur photocourant

On décompose le champ E, donné par 1’équation (B-9), en composantes posi-
tive et négative de fréquence:

E(t) = E*(t)+E(t) (D-3)

L’opérateur intensité, défini 4 la relation (A-9)), s’écrit:

I=E Et=¢'¢ (D-4)

2. Le signe — est nécessaire & la conservation de 1’énergie au passage de la lame.
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On connait la relation classique entre le photocourant i(t), le courant pho-
tonique N(t) et I'intensité instantanée -ou puissance instantanée- I(¢). On peut
montrer que la relation quantique s’obtient & partir de la relation classique:

i=gN(t) =

q 7 q 3
FL&)L ( ) 8(2)((4)L)

ere (D-5)

ou ¢ est le rendement quantique du détecteur. Si il vaut un, chaque photon est
transformé en un électron. On rappelle que €2(wy) est la valeur du commutateur
de I’équation B-17. L’opérateur photocourant ne contient que des fréquences tem-
porelles petites; les détecteurs sont incapables de suivre les variations des champs
a des fréquences optiques. L’opérateur photocourant se décompose en un photo-
courant moyen et des fluctuations. Les fluctuations du photo-courant sont por-
portionnelles aux fluctuations d’intensité. Les fluctuations quantiques du champ
sont donc déterminées & partir de la mesure des fluctuations des photocourants
a I’analyseur de spectre. On présente les deux types de montage de bruit utilisés
dans ce mémoire, la détection homodyne et la détection équilibrée, cas particulier
de la détection homodyne.

D.2 La détection homodyne
D.2.1 Schéma du montage

La figure 6.5 représente le schéma de principe d’une détection homodyne, dans

la configuration particuliére utilisée au chapitre 3. Les deux champs incidents sur
la lame demi-onde sont sur des polarisations linéaires croisées. La lame demi-onde
est orientée pour répartir en parts égales chaque champ sur les deux voies du cube
polariseur. Le cube polariseur associé a la lame demi-onde ainsi orientée est équi-
valent a une semi-réfléchissante, qui aurait sur ses deux voies d’entrée les deux
champs ici considérés. Sur les deux voies de sortie, on place une photodiode.
La mesure de détection homodyne nécessite un faisceau auxiliaire, de méme fré-
quence que le signal mesuré. On montre au paragraphe E.1.1 du chapitre 3 (figures
3.20 et 3.21) comment on construit notre oscillateur local, sur une polarisation or-
thogonale, grace au circulateur optique.

D.2.2 Photodétection

On va voir a présent comment la mesure de la somme et de la différence
des photocourants permet de remonter a la mesure des fluctuations quantiques
du champ. L’oscillateur local est un faisceau de référence, dont on peut faire
varier la phase relative a celle du champ signal en contrélant la tension d’une cale
piézoélectrique. On note 1) cette phase relative (voir la figure 6.4).

On part des champs F; et Ey donnés aux relations D-1 et D-2 et on calcule
a partir de la relation D-5 la différence des photocourants, qui donne le signal
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Laser Ti:Saphir

+ ® Signal :
A2 Oscillateur local : v
Miroir .
|:|] ‘=[ v < o) voie HF
® Zr’ v H O
T Mol W2
Cale PZT = M voie HF
\ Analyseur -
de spectre
d’interférences (on suppose le rendement quantique égal a 'unité):
_ = 11— 19
= Eor(t)el(t) + Es(D)Eh (1) (D-6)

Avant la lame \/2, les faisceaux sont sur des polarisations croisés. Ils ne se voient
pas et ne peuvent donc pas interférer. La somme des intensités s’écrit:

1 =1tpop +1g (D—7)

En supposant que les fluctuations sont petites devant les valeurs moyennes des
champs, on obtient d’aprés D-6 les fluctuations de la différence des photocourants:

8(iy —iy) = Eop(0ELe™ 4 0Ege™) + Es(0E), " + 0Eore™) (D-8)
= EOLQOL,cp + E5a57_¢ (D—g)

avec:
a, = 0B e ™ + §Ee' (D-10)

qui représente les fluctuations de la quadrature ¢ (mod.27) du champ E. On
remarque les termes croisés du signal d’interférences. Si les fluctuations de 1’oscil-
lateur local sont celles d'un état cohérent, elles ne dépendent pas de la phase:

aoL,, = aoL (D—ll)

Les variances de la différence et de la somme des photocourants se calculent faci-
lement (avec [aor e, as,—y] = 0):
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[6(ix — i2)]* = dor(ag,,) +is(adyL, ) (D-12)

[6(i1 + 82)]* = ior(agy p—0) + is(as _p—o) (D-13)

Les expressions D-12 et D-13 sont les formules les plus importantes. La variance
de la somme correspond évidement au bruit mesuré avec un seul détecteur. Dans
la variance de la différence, le premier terme du membre de droite contient les
fluctuations de la quadrature ¢ du signal, multipliées par 'intensité de ’oscillateur
local. On voit ainsi qu’en faisant varier la phase relative entre 1’oscillateur local et
le signal & mesurer, on a accés aux fluctuations de n’importe qu’elle quadrature
du champ signal. Le second terme du membre de droite est négligeable dans le
cas d’un oscillateur local trés fort devant le signal (ipr > ig).

D.2.3 La définition de la limite quantique standard

Les expressions D-12 et D-13 correspondent & des mesures absolues. La limite
quantique standard pour les fluctuations d’un faisceau correspond a un faisceau
de méme intensité moyenne avec les fluctuations du vide. La limite quantique
standard pour le signal est obtenue en mesurant la différence des photocourants
sans oscillateur local, notée [0(i1 — i2)|7 g s:

[0(i1 — 2'2)]3195,5 = i5<a12)ide,—g0> (D-14)

Cette expression est obtenue a partir de la relation (D-12) avec io;, = 0. Elle
donne les fluctuations d’un faisceau d’intensité moyenne égale a celle du signal
avec les fluctuations du vide.

De méme, la limite quantique standard pour I’oscillateur est obtenue en mesurant
la différence des photocourants sans le signal, notée [0(i, — i2)]7 gs.01:

[0(i1 = i2)]* = i01{a3ige.p) (D-15)
On note que comme l'oscillateur local est dans notre cas dans un état cohérent,
la somme des photocourants donne le méme résultat.
D.2.4 Expressions finales

L’expression générale du spectre de bruit de la quadrature ¢ du champ signal,
normalisé & la limite quantique standard, est :
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Si—(Q) — S;—s(2)
Si—or(9)

Ssp = (D-16)

Si—s(2) (Si—.0L(£2)) est le spectre de bruit obtenu en faisant la différence des
photocourants avec la voie de 'oscillateur local (du signal) obstruée, ce qui revient
a prendre oy, (ig) égal a zéro dans 'expression (D-12). Dans le cas d’un oscillateur
local fort:

Si-(€)

50 = 5 on(9)

(D-17)

D.2.5 La détection équilibrée

Elle consiste a mesurer les fluctuations d’amplitude du faisceau. Elle ne néces-
site pas d’oscillateur local. Dans la figure 6.4, on a le signal & mesurer sur une des
voies d’entrée et rien sur I'autre voie. Précisément, I'intensité moyenne entrante
est nulle mais on doit considérer les fluctuations du vide. C’est pourquoi on dit
que sur 'autre voie rentre le vide. En se référant au calcul de détection homo-
dyne, le signal joue & présent le role d’oscillateur local pour les fluctuations du
vide (cas d’un oscillateur local fort). On peut directement utiliser les expressions
précédentes; cette fois-ci les fluctuations recherchées sont données par la somme.

Sso = (D-18)

D.2.6 Bruit électronique des détecteurs

Le bruit électronique vient s’ajouter au bruit optique des faisceaux optiques
mesurés. Dans notre cas, ce bruit correspond typiquement au bruit quantique
standard d’un faisceau de 2 mW. Il s’observe a I’analyseur, sans aucun faisceau
incident, i.e. dans ’obscurité. Les puissances moyennes mesurées sont au mieux un
ordre de grandeur plus élevées. Il est donc nécessaire de retrancher ce bruit. L’ex-
pression du spectre de bruit normalisé, corrigé des spectres de bruit d’obscurité
indexés "obs", devient donc:

_ (Sz—(Q) - Sobs—(Q)) B (Si—,S(Q) - Sobs—(Q))
(Si—0n(2) = Sops—(2))

(D-19)
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D.2.7 Recouvrement de l'oscillateur local et du signal

La mesure de détection homodyne suppose un recouvrement parfait de 1’os-
cillateur local avec le champ étudié. Le recouvrement est déterminé & partir du
signal d’interférences entre le champ signal et l'oscillateur local. On s’est intéressé
plus haut aux fluctuations des photocourants, obtenues en sortie des voies HF de
nos photodiodes. Les photodiodes ont aussi une sortie DC, qui donnent I'intensité
moyenne du faisceau mesuré (voir le paragraphe suivant). Le signal d’interférence
se mesure a partir des voies DC. Dans le cas idéal, le signal d’interférence a pour
expression:

VPO —< Vo > + < Vg > +2¢/< Vo >< Vg > cos(¢) (D-20)

ou ¢ est la phase de l'oscillateur local par rapport au signal. Vo, (Vs )correspond
a l'intensité de l'oscillateur (du signal). On compare 1’amplitude des oscillations
mesurées a sa valeur dans le cas idéal, & savoir 4v/< Vo, >< Vg >. Un exemple
de mesure de recouvrement est donné a la figure 6.6.

D.3 Le dispositif expérimental
D.3.1 Eléments du montage

Les photodiodes utilisées sont de type EG&G FND 100. Leur efficacité quan-
tique est de 90% aux longueur d’ondes ou l'on travaille (autour de 830 nm)?3.
Le montage d’amplification a été élaboré par Antoine Heidmann au laboratoire.
Ces montages d’amplification présentent deux voies: une voie basse fréquence et
une voie haute fréquence. Le signal dit DC mesure les champs moyens (2 < 10
kHz). Le signal dit HF mesure les fluctuations (sans atténuation au dela de 4

3. Le rendement quantique peut étre pris en compte dans les expressions théoriques établies
plus haut.
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MHz). La technique d’équilibrage des photodiodes, qui permet de s’assurer que
les circuits des deux photodiodes sont équivalents, est présentée en détail dans la
référence [Hadjar 98|.

Le dispositif sommateur-soustracteur principalement utilisé dans les expériences
est un systéme actif, dont une description détaillée peut étre trouvée dans la réfé-
rence [Messin 00]. Il permet d’effecteur la somme et la différence des composantes
hautes fréquences des photocourants (voie HF). La différence des voies DC est
simplement mesurée sur un voltmétre. Le dispositif actif dégrade trés légérement
le rapport signal sur bruit par rapport & un sommateur passif. Les résultats de
mesures de bruit présentés ont été obtenus indifféremment avec les deux types.
La mesure des fluctuations des photocourants est faite a ’analyseur de spectre.
Le modéle utilisé est de la marque HP, modéele 8520 E.
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D.3.2 Choix des paramétres de la mesure

On termine cette section expérimentale par les différents paramétres dans une
mesure de détection homodyne:

-la fréquence de balayage de la phase de 'oscillateur local. Un compromis est
nécessaire entre une fréquence suffisamment lente pour résoudre le signal d’os-
cillation et une fréquence assez rapide pour que les autres paramétres (intensité
d’excitation ...) ne varient pas pendant la mesure. Les vibrations dans le systéme
doivent étre aussi faibles que possible, pour ne pas brouiller le signal d’interfé-
rences.

-I’amplitude de la modulation de 'oscillateur local. Elle doit étre suffisante
pour sonder toutes les quadratures du champ (soit au moins 7).

-I'intensité de l'oscillateur local. Elle est choisie assez grande devant celle du
faisceau étudié mais elle est limitée par I'intensité de saturation des photodiodes.
Dans notre cas, la condition confortable d’un oscillateur local fort ne peut pas
étre satisfaite.

-la fréquence d’analyse a I’analyseur de spectre. Elle est choisie en fonction des
propriétés spectrales du systéme étudié. Elle est aussi limitée par des contraintes
techniques (voir le paragraphe E.1.2 de chapitre 3). Elle vaut 7 MHz dans nos
expériences.

-la "Video Band Width". Elle effectue une moyenne glissante du signal de
bruit mesuré. Elle permet de s’affranchir du bruit parasite sur le bruit. Elle ne
doit pas étre trop basse pour éviter de trop lisser la courbe. On choisit une largeur
de bande vidéo 30 Hz dans nos expériences.

-la "Resolution Band Width". Elle donne la largeur de la bande de fréquence
sur laquelle on integre le bruit. Elle est prise égale 4 1 MHz dans nos expériences.

Tous les détails sur les méthodes théoriques et expérimentales d’optique quan-
tique peuvent étre trouvés dans de nombreux ouvrages, en plus des références
mentionnées. On pourra consulter notamment les références [Yurke 84, Grynberg
97,Scully 97, Bachor 98, Gardiner 00].
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Annexe B :
Diffusion quasi-résonante a I'incidence
normale

On s’intéresse dans cette annexe aux conséquences d’une diffusion polariton-
polariton quasi-résonante pour un pompage résonant a k = 0, et en particulier aux
effets de renormalisation des énergies. La diffusion paramétrique quasi-dégénérée
est abordée en suivant la méthode de la référence [Savvidis 0la].

De maniére générale, les énergies de résonance sont déplacées vers le bleu par
I’interaction répulsive entre polaritons. On a vu au paragraphe C.1 du chapitre 1,
que le hamiltonien 1-43 obtenu avec I’hypotheése de diffusions limitées a 1’ordre un:
{kp,kp} — {k, 2k, —k} , contient un terme qui donne lieu & une renormalisation
des énergies. Pour un champ pompe de vecteur d’onde kp, ’énergie de chaque
mode k est renormalisée:

ELP(k> = Erp(k) + (Vkﬁi,o + VkI,J(fkp—k)|10kp|2 (A-1)

L’énergie des modes est déplacée vers les hautes énergies, linéairement avec 'in-
tensité d’excitation. La courbe de dispersion garde la méme allure. En montant
I'intensité, sans toutefois dépasser 'intensité de saturation, le systéme peut at-
teindre le régime de diffusion paramétrique a ’ordre deux.

Dans ce régime, la population du mode pompé est si importante que le trans-
fert cohérent de population peuple de facon macroscopique les états finaux du
processus de diffusion. On peut maintenant avoir par exemple une diffusion d’un
polariton dans le mode signal avec un polariton dans le mode complémentaire.
Comme précédemment, on doit considérer I'effet de ces nouvelles populations ma-
croscopiques (les populations des modes signal et complémentaire) sur chaque
mode de polariton. La figure 7.1 présente les branches de diffusions multiples, is-
sues des processus de diffusion au premier et second ordres, calculées en suivant
la méthode de l'article [Savvidis 02].
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On s’intéresse dans cette annexe & aux conséquences des effets de renorma-
lisations des énergies sur la divergence de I’émission non linéaire. Dans le cas
considéré ici du pompage a ’angle magique, la dispersion de la branche basse, au
premier ordre de diffusion, montre une tendance vers un aplatissement autour de
k = 0 |Tartakovskii 02], qui se traduit par une augmentation de la divergence de
I’émission. A l'ordre suivant (figure 7.1), on retrouve parmi toutes les branches,
une branche avec un aplatissement conséquent autour de ’incidence normale. Cet
effet est fonction de la population relative entre les modes signal et complémen-
taire. On va voir a présent dans le cas d’'un pompage a l'angle nul, comment
des processus non linéaires ou interviennent d’autres modes que le mode k = 0,
peuvent étre responsables, de la méme maniére que pour un pompage a l’angle
magique, d’'une augmentation de la divergence de I’émission.

Dans le cas d’une excitation & I’angle nul, on n’a jusqu’ici considéré que le
processus dégénéré {0,0} — {0,0}. Cependant, des processus quasi-dégénéré, du
type {0,0} — {ky, —ky}, avec k, tel que ELp(kd) ~ ELP(O), peuvent aussi se pro-
duire. Trois modes distincts interviennent alors: le mode pg, d’énergie ELP(O), le
mode signal py,, d’énergie ELP(kd) et le mode complémentaire, déterminé par la
conservation de ’énergie et ’accord de phase, p_y,, d’énergie QELP(O) — ELP(kd>.
Symétriquement, on doit aussi considérer la diffusion quasi-résonante du mode
po vers les modes p_y, et py,, d’énergie E;p(ky) et 2E;p(0) — Erp(—kg). Ces
processus de diffusion sont responsables d’une renormalisation des énergies, que
nous allons calculer dans le paragraphe suivant. Contrairement au cas de la dif-



C Energies propres en régime de diffusion quasi-résonante 183

fusion résonante dans la configuration non-dégénérée, la diffusion quasi-résonante
implique cinq modes distincts. La symétrie du probléme permet cependant dans
une premiére approche de ne considérer qu'une seule des deux diffusions men-
tionnées pour déterminer les énergies propres. Cette hypothése ne peut étre faite
dans le régime de diffusion multiple, ot doivent étre considérées les populations
macroscopiques des cinqg modes peuplés.

La dynamique de la diffusion quasi-résonante pour une excitation a I’incidence
normale est décrite par I’ensemble fermé des trois equations d’évolution des modes

Do, Pk, €t Dok,

d]colltcd = —i(Erp(ka) — i) Pra + BineD' i 18
= OnV/ 23, + X208y (C-1)
ddL;O = —i(ELP(O) — iY0)po + 2Eintp;r)pkdf5—kd _
— Con/27, A" + Xo\/27, B (-2)
dpd;tkd - _i(QELP(O> N ELP(kd) — 1Y-kq)P-kq T EintpLdp?)

— Cop V27 A" + X/ 20 B™, (C-3)

ou I'énergie d’interaction a pour expression:

Eint - 0]7301’30 (0_4)

Les modes polaritoniques présentent un élargissement noté ~.'; 7, et -y, sont
respectivement les largeurs du mode de cavité et du mode excitonique. Les champs
entrants par les voies photonique et excitonique sont notés A}" et Bj". Les énergies
sont déplacées vers le bleu par 'interaction répulsive entre polaritons. Les énergies
renormalisées sont données par la relation (A-1) avec k, = 0:

Erp(k) = Erp(k) + (VEE + ViR ) pol? (C-5)

La diffusion quasi-résonante est le plus efficace pour la pompe résonante avec
I’énergie du mode k = 0 renormalisée. On se place dans le référentiel tournant. On
recherche les solutions stationnaires: le champ pompe k = 0 évolue a la fréquence
pompe, le champ signal évolue a la fréquence E7p(k,) et le champ complémentaire

1. On peut prendre v_y, = 7k, comme élargissement pour le mode p_y,
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a la fréquence 2E,p(0) — Epp(ky) . En prenant 'équation (C-1) et le complexe
conjugué de ’équation (C-3) pour les valeurs moyennes, on obtient le systéme
fermé qui couple signal et complémentaire. La matrice de couplage paramétrique
s’écrit:

M]}:ara _ ELP(kd) - i/kag " Eint f Do >2 . (C—G)
¢ —Eint (< po >*)? 2E1p(0) — Epp(ka) — i,

Les nouvelles résonances du systéme sont obtenues par diagonalisation de la ma-
trice paramétrique. Elles ont pour expression:

Ei(ks) = 1[ELP( kq) + 2hw, — Erp(ka)]

[\]

— i £ (Brp(k0))? = (Buui < po > (C-7)

L’énergie du mode p_j est hors de la branche basse de polariton. La conser-
vation de I’énergie impose qu’un des modes finaux du processus de diffusion soit
hors résonance avec la branche basse. Cet écart par rapport a la résonance de
polariton est donné par la différence entre I’énergie du mode p_y et I’énergie du
mode polariton de branche basse correspondant p_y: 2|Eyp(k) — E1,p(0)|. Tant que
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cette différence est en dessous d’une certaine valeur limite, les parties réelles des
nouvelles résonances sont confondues. Au-dessus de cette valeur, elles bifurquent.
La bifurcation s’observe lorsque 2| Ep(k) — Ep(0)| >~ 5meV pour les paramétres
de P’échantillon E1. On note que dans le cas de l'excitation & I’angle magique,
la bifurcation s’observe aussi pour un désaccord en énergie d’environ 5 meV. Les
nouvelles résonances ont pour asymptotes les éléments diagonaux de la matrice
paramétrique. La symétrie du processus de diffusion se retrouve dans la disper-
sion des résonances: |E (k) — Erp(0)| = |E_(k) — ELp(0)|. Pour une intensité de
10mW et un rayon de tache de 30 um, la dispersion est aplatie sur la zone +0.8°.
Cette effet augmente avec I'intensité; I’aplatissement s’étend sur la fenétre £2.2°
pour une intensité de pompe de 100mW.

D.1 Divergence en régime de diffusion quasi-dégénéré

La divergence du faisceau d’excitation n’est pas prise ici directement en compte.
En supposant que le traitement ci-dessus reste valable dans ce cas, on prévoit donc
une augmentation de la divergence de I’émission non linéaire par rapport a celle
du faisceau incident.
Si le mode excité est le lieu d’une diffusion quasi-résonante vers deux couples de
modes auxiliaires, la population de ces modes peut devenir macroscopique pour
des intensités d’excitation suffisantes. On retrouve alors la situation décrite plus
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haut, d’un ensemble de modes avec des populations cohérentes macroscopiques.
Les modes auxiliaires peuvent alors servir de modes de départ pour un processus
de diffusion a l’ordre suivant. La détermination des énergies propres dans ce nou-
veau régime présente des nouvelles branches, les branches de diffusions multiples.
Parmi ces branches, on retrouve deux branches avec une dispersion plate au voi-
sinage du désaccord nul. L’effet augmente avec I'intensité de pompe et 'efficacité
du transfert de populations du mode pompé vers les modes auxiliaires2. Le phéno-
meéne ne dépend que trés peu de la valeur choisie pour le vecteur d’onde des modes
auxiliaires. A la limite ot il est pris quasi nul, on trouve une dispersion plate sur
la méme fenétre angulaire que dans la section précédente. Pour une intensité de
pompe de 100mW et un transfert donné par | < pi, > |>/| < po > [*| = 0.03 , les
diffusions multiples donnent un aplatissement de +3.8°, & comparer au +2.2° ob-
tenu au premier ordre des diffusions. L’augmentation de la divergence a I'incidence
normale est augmentée au second ordre en diffusion, comme a ’angle magique.

D.2 Caractére multimode en régime de diffusion
quasi-dégénéré

L’amplification quasi-dégénérée a l'incidence normale fait intervenir quatre
modes de polaritons distincts, en plus du mode pompé. Dans ce cas, ’émission non
linéaire est issue de plusieurs populations macroscopiques cohérentes de polaritons.
Elle est donc multimode transverse. On montre au paragraphe C.1.3 du chapitre
5, qu’il est possible de déterminer expérimentalement le caractére monomode ou
multimode d’un champ. On peut donc savoir si une diffusion quasi-résonante pour
un pompage a I’angle nul est en partie a I'origine de I’émission non linéaire observée
autour de l'incidence normale (voir la section D du chapitre 5).

2. On peut montrer que 'effet augmente avec le rapport de la population du mode complé-
mentaire sur la population du mode signal: | < pax, > |?/| < po > |?|.
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