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Résumé

Ce travail est consacré a I’étude d’effets d’optique quantique et de dynamique de spin
dans les microcavités semi-conductrices. La réponse optique de ces dispositifs est dé-
crite en termes de modes mixtes exciton-photon, les polaritons de cavité.

Nous avons d’abord effectué une étude théorique et expérimentale d’'un mélange a
quatre ondes dégénéré, sous excitation résonnante par deux faisceaux pompe se propa-
geant en sens inverse, de méme polarisation linéaire. Les états finaux du processus ont
une polarisation orthogonale a celle des faisceaux pompes et sont fortement corrélés en
intensité. Lorsque les deux faisceaux pompes ont des polarisations croisées, le processus
est totalement inhibé. Ce processus permet d’utiliser la microcavité comme une porte
logique binaire optique. Nous avons ensuite généré des photons corrélés quantiquement
en utilisant un mélange a quatre ondes, sous excitation résonnante par un faisceau
pompe, dans une microcavité triple.

Enfin, nous avons étudié I'effet Hall optique de spin et mis en évidence la propagation
de courants de spin excitonique sur une centaine de microns.

Mots-clés : Microcavités semi-conductrices, Excitons, Régime de couplage fort, Po-
laritons, Optique quantique, Photons jumeaux, Bruit quantique, Porte logique, Effet
Hall de spin, Spintronique.

Abstract

This work is devoted to the study of quantum optics and spin dynamics in a semicon-
ductor microcavity. The optical properties of these devices are described in terms of
mixed exciton-photon modes, the cavity polaritons.

First we have studied both theoretically and experimentally four-wave mixing oscilla-
tion under resonant excitation by two counterpropagating pump beams with the same
linear polarization. The final states of the process have a polarization orthogonal to the
pump polarization and are strongly intensity correlated. When the pumps are cross-
polarized the process is totally suppressed. This process enables the microcavity to
work as an optical binary logical gate.

Then we have generated quantum correlated photons by using four-wave mixing under
a one pump resonant excitation in a triple microcavity.

Finally we have investigated the optical spin Hall effect and observed the propagation
of excitonic spin currents over more than one hundred microns.
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Keywords : Semiconductor Microcavity, Excitons, Strong Coupling Regime, Polari-
tons, Quantum Optics, Twin Photons, Quantum Noise, Logical Porte, Spin Hall Effect,
Spintronics.
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Introduction

L’étude de 'interaction matiere-rayonnement dans les systemes atomiques en cavité

est au coeur de nombreux développements tels que I'intrication atome-champ [Brune96a,
la mise au point de mémoires atomiques ou l'observation de la “vie et la mort” de
photons individuels [Gleyzes07]. Ces phénomeénes ont été observés dans la situation
de couplage fort entre les photons et un ou plusieurs atomes en cavité [Brune96b
Nussenzveig92, Thomson92]. L’atome et le photon échangent de 1’énergie de fagon co-
hérente et ’émission d’un photon devient réversible.
Ces concepts ont été revisités dans le domaine de la matiere condensée grace au dé-
veloppement, au début des années 80, de nouvelles technologies de croissance des hé-
térostructures semi-conductrices, telles que ’épitaxie par jets moléculaires (“Molecular
Beam Epitaxy”) ou l’épitaxie en phase vapeur d’organo-métalliques (“Metal-Organic
Chemical Vapor Deposition”). Elles rendent possible ’élaboration de structures de
taille nanométrique qui confinent quantiquement les porteurs a deux dimensions (puits
quantique), une dimension (fil quantique), ou zéro dimension (boite quantique). Elles
permettent également la mise au point de micro-résonateurs optiques, de dimension
micrométrique voire nanométrique, et de facteur de qualité allant de quelques milliers
pour les microcavités planes jusqu’a plus de 10° pour les microspheres [Vahala03]. Ces
résonateurs optiques permettent de controler I’émission spontanée d’émetteurs placés
en leur sein. Ainsi une augmentation du taux de I’émission spontanée de boites quan-
tiques placées dans des résonateurs en forme de micropilier a été mise en évidence par
Gérard et. al. [Gérard98|. De méme, I'insertion d’un puits quantique, qui joue le role de
milieu actif, dans une microcavité Fabry-Perot planaire permet une plus grande extrac-
tion de la lumiere et une divergence plus faible du faisceau émis que les lasers a puits
quantiques classiques. Ces nanostructures sont appelés lasers a émission de surface a
cavité verticale (VCSEL).

En 1992, C. Weisbuch observe pour la premiere fois le régime de couplage fort dans
une microcavité semi-conductrice planaire contenant des puits quantiques [Weisbuch92].
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L’état lié électron-trou, [’exciton, qui correspond a la transition fondamentale du puits
quantique, est couplé a un unique mode du champ électromagnétique dans la cavité.
Lorsque les taux de relaxation de I'exciton et du champ sont suffisamment faibles de-
vant la fréquence qui caractérise le couplage entre I'exciton et le champ, le régime de
couplage fort peut s’établir. Ce régime fait apparaitre de nouveaux états propres du
systeme, les polaritons de cavité, états mixtes mi-lumiere mi-matiere. Les microcavi-
tés semi-conductrices en régime de couplage fort ont depuis fait 'objet d’'une intense
recherche. Les premiers travaux ont porté sur la dispersion des polaritons, leur temps
de vie et leur relaxation [Bloch97, Houdré94, Stanley96]. La partie photonique des po-
laritons leur confere une masse effective faible et, pour de faibles impulsions, modifie
profondément la dispersion de l'exciton nu. La partie excitonique est, quant a elle,
a l'origine des interactions non-linéaires de nature coulombienne entre polaritons. En
1998, Dang et.al. observent pour la premiere fois un comportement non-linéaire de
I’émission dans une microcavité semi-conductrice en régime de couplage fort. D’autres
observations similaires ont été rapportées peu apres [Senellart99] mais ce sont les expé-
riences de type pompe-sonde menées par Savvidis et.al. qui ont mis en évidence pour
la premiere fois un mécanisme de mélange a quatre ondes de polaritons [Savvidis00] :
en excitant la microcavité avec un faisceau pompe a un angle (couramment appelé
angle magique) 6, qui permet de satisfaire la conservation de I'énergie et de I'impulsion
pour le mélange a quatre ondes, on initie un processus de diffusion stimulée vers I'état
d’impulsion nulle peuplé par le faisceau sonde qui se trouve, alors, considérablement
amplifié. Parallelement on détecte une émission a un angle double qui correspond au
complémentaire. En absence de sonde et en pompage continu, on observe, dans ces
conditions, I’émission du signal a I'incidence normale et du complémentaire a un angle
double de I'angle de pompe : il s’agit de [’oscillation paramétrique. Simultanément,
notre groupe démontre pour la premiere fois la cohérence du mélange a quatre ondes
de polaritons [Messin01].

Ce processus physique a une importance considérable en optique quantique car il per-
met de générer des états non-classiques du champ électromagnétique, appelés états
comprimés. Ces états présentent des fluctuations inférieures a la limite quantique stan-
dard selon une certaine quadrature mais au prix d’un exces de bruit sur la quadrature
conjuguée. Ils sont a la base des protocoles de cryptographie quantique et de télépor-
tation en variables continues [Braunstein(05]. Ils présentent également un grand intérét
pour 'amélioration de mesures de tres grande précision [Gea-Banacloche87]. Les états
comprimés ont été produits pour la premiere fois en utilisant un mélange a quatre
ondes dans une vapeur de sodium [Slusher85]. De nos jours, les oscillateurs paramé-
triques optiques constituent les systemes les plus performants pour produire de tels
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états [Heidmann&7, Mertz90, Laurat04]. Ils sont composés d’un cristal non-linéaire
d’ordre 2 inséré dans une cavité optique. Le cristal, pompé par un champ de fréquence
wp, génere par émission paramétrique un faisceau signal et un faisceau complémentaire
de fréquences respectives w; et w.. La conservation de ’énergie dans le processus impose
la condition w, = w, + w. tandis que la conservation de I'impulsion totale se traduit
par la condition d’accord de phase.

La mise en ceuvre de protocoles developpés dans le domaine de 'information quantique
nécessite la mise au point de sources d’états non-classiques du champ technologique-
ment intégrables et facilement utilisables. Bien que tres performants, les oscillateurs
paramétriques optiques demeurent difficilement intégrables aux systemes électroniques.
En raison des fortes analogies observées entre les oscillateurs paramétriques optiques
et les microcavités semi-conductrices, ces dernieres constituent d’excellents candidats
pour le développement de composants intégrés pour 'information et la communication
quantiques [Karr04b) Stevenson00), Diederichs06].

L’étude des effets d’optique quantique dans les microcavités semi-conductrices a dé-
buté dans notre groupe en 1996 avec une série d’expériences réalisées par G. Messin
sur les fluctuations quantiques de la lumiere réfléchie par une microcavité [Messin00].
En 2004, J-Ph Karr et A. Baas ont observé, pour la premiere fois, une compression de
bruit obtenue dans une microcavité semi-conductrice en excitant la microcavité a l'inci-
dence normale et en mesurant les fluctuations quantiques du faisceau réfléchi [Karr04b).
Ces résultats expérimentaux ont été complétés par une étude théorique démontrant la
possibilité des générer des photons jumeaux non dégénérés en énergie en excitant la
microcavité a l'angle magique [Karr04a]. Bien que prometteuse, cette configuration
s’est révélée limitée pour l'optique quantique principalement en raison du déséquilibre
tres important en intensité entre le signal et le complémentaire. C’est dans ce contexte
que s’insere la premiere partie de ma these, consacrée a I’'étude de ces dispositifs comme
sources d’états non classiques du rayonnement.

En plus de leur charge, a l'origine des interactions non-linéaires entre excitons, les
électrons possedent un moment angulaire intrinseque : le spin. Le contrdole du spin
des électrons dans les semi-conducteurs constitue un enjeu majeur pour 'information
quantique et 1’électronique de spin (ou spintronique). Ainsi, la manipulation du spin
des électrons dans les boites quantiques a permis de générer des paires de photons
intriqués en polarisation [Akopian06, Stevenson06] et ouvre la voie a la réalisation de
mémoires quantiques basées sur le spin. Le spin des électrons peut également étre utilisé
pour créer des composants a base de semi-conducteurs possédant davantage de fonc-
tions que les dispositifs électroniques classiques. La réalisation de ces dispositifs pour
la spintronique nécessite néanmoins la maitrise de I'injection, du transport et de la ma-
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nipulation du spin des électrons. Récemment de nombreux progres ont été accomplis
dans le domaine du transport de spin, notamment depuis 1’observation de I'effet Hall
de spin [Kato04] : dans un semi-conducteur auquel on applique un courant électrique,
les électrons “spin-up” et “spin-down” migrent spontanément dans des sens opposés
suivant la direction perpendiculaire au courant électrique. L’application d’'un simple
courant électrique permet donc de générer des courants de spins et ceci en absence de
tout champ magnétique. Cet effet est principalement limité par les temps de cohérence
courts des gaz électroniques [Mishchenko04]. Une alternative prometteuse aux électrons
est constitué par les excitons-polaritons, quasi-particules de spin 1 : grace a leur long
temps de cohérence, ils sont d’excellents candidats pour la spintronique [KavokinO5al.
De récents travaux portent sur la dynamique de spin des polaritons en régime linéaire
et non-linéaire [Lagoudakis02, Shelykh04, Shelykh06]. En régime linéaire, 'effet Hall
optique de spin, proposé par A. Kavokin et. al. [Kavokin0O5a], provoque une séparation
des polaritons “spin-up” et “spin-down” de maniere analogue a ’effet Hall de spin pour
les électrons. En régime non-linéaire, les interactions dépendent fortement de I'état de
spin des polaritons [Renucci0bal. Ceci permet d’envisager de controler 1’émission non-
linéaire dans les microcavités avec la polarisation du faisceau pompe. La seconde partie
de ce mémoire est centrée sur ces thématiques.

Apres une introduction aux microcavités semi-conductrices et a I’optique quantique, ob-
jet du premier chapitre, je présente, dans le deuxieme chapitre, I’ensemble des travaux
sur l'oscillation paramétrique de polaritons menés durant ma these. J'y décris d’abord
les expériences effectuées a I’angle magique et la mesure du rapport des intensités entre
le signal et le complémentaire qui atteint 40 dB dans notre échantillon. Cet échantillon
a été fabriqué par R. Houdré a I'Ecole Polytechnique Fédérale de Lausanne. Ce dés-
équilibre est trop important pour espérer observer des corrélations quantiques dans
cette configuration. Pour pallier cet inconvénient, j’ai mis en place une nouvelle confi-
guration expérimentale, beaucoup plus symétrique, qui utilise deux faisceaux pompes
ayant des angles d’incidence opposés. L’interaction entre les polaritons de pompe pro-
duit la diffusion vers des états ayant des vecteurs d’onde opposés et égaux en module
aux vecteurs d’ondes des modes de pompe. Je montre, par une analyse théorique, que
cette nouvelle configuration permet de générer sous le seuil d’oscillation des champs in-
triqués. Au dessus du seuil, je montre que ce processus permet d’obtenir une réduction
de bruit sur la différence des intensités des faisceaux. Expérimentalement, je démontre
que ce mécanisme permet de créer deux faisceaux conjugués de méme intensité séparés
spatialement des pompes et de polarisation linéaire orthogonale a celle des pompes. Les
deux faisceaux présentent de tres fortes corrélations d’intensité qui demeurent néan-
moins classiques. L’étude du bruit d’intensité dans le plan transverse m’a permis de
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démontrer le caractere multimode de ’émission et d’attribuer I'exces de bruit observé
sur la différence des intensités au bruit ajouté par d’autres modes transverses présent
dans I’émission. Cet exces de bruit limite donc les effets quantiques observables dans
notre échantillon.

Dans le troisieme chapitre, je présente les expériences réalisées dans des microcavités
triples, dont la spécificité repose sur la présence de trois branches photoniques. Ce tra-
vail a été effectué en collaboration avec le Laboratoire Pierre Aigrain (Ecole Normale
Supérieure, CNRS, Paris VI) et le Laboratoire de Photonique et Nanostructures (Mar-
coussis, CNRS) qui a fabriqué la microcavité. Au sein de cette collaboration, notre
équipe a apporté son savoir-faire scientifique et technique en matiere de mesures de
corrélations d’intensité en variables continues. En excitant la microcavité triple a I'in-
cidence normale, nous avons généré, pour la premiere fois dans ces systemes, un signal
et un complémentaire ayant des vecteurs d’ondes opposés, équilibrés en intensité, et
possédant des corrélations quantiques. Ce résultat majeur ouvre la voie a la réalisation
de sources de lumiere non-classique de taille micrométrique.

Le quatrieme chapitre est consacrée a I’étude de la dynamique de spin des polaritons
(quasi-particules de spin 1) qui joue un role majeur dans le mécanisme évoqué au
deuxieme chapitre. Cette étude a été réalisée en collaboration, pour la partie théo-
rique, avec A. Kavokin (Université de Southampton), G. Malpuech (Université Blaise-
Pascal, Clermont-Ferrand) et M. Glazov ( St-Petersbourg). Je montre que l'existence
d’un champ magnétique effectif, diit aux interactions d’échange de spin entre polari-
tons [Maialle93], entraine une séparation dans ’espace réciproque et dans ’espace réel
des polaritons “spin-up” et “spin-down”. Nous avons ainsi pu observer la propagation
de courants de spin dans des directions opposées sur des distances supérieures a la cen-
taine de microns. Ce résultat constitue un élément pour la réalisation de composants
pour la spintronique utilisant les microcavités semi-conductrices.

Enfin, dans le dernier chapitre, je montre comment on peut utiliser la configuration du
chapitre deux pour mettre au point une porte logique a deux entrée de type XNOR
controlée par la polarisation relative des pompes. Cette étude, qui porte sur la dyna-
mique de spin des polaritons en régime non-linéaire, a été réalisée en collaboration avec
A. Kavokin et T. Liew de 'université de Southampton et I. Shelykh de I'université de
Brasilia pour la partie théorique.

L’ensemble de ces travaux, initiés par notre groupe, ainsi que 1’observation récente de
la condensation de Bose-Einstein [Kasprzak06], démontre le potentiel des microcavités
en tant qu’élément central de futurs dispositifs, tant pour I'information et la commu-
nication quantique, que pour la spintronique et ’opto-électronique.



Table des matieres




CHAPITRE 1

Introduction aux microcavités et au bruit

quantique

Sommaire
A Microcavité semi-conductrice III-V, . . .. ... ... ... 9
A.1  Le puits quantique : la cavité électronique . . . . . . . . . .. 9
A2 Lacavité optique . . . . . . . ... L 18
A.3  Puits quantique en cavité . . . . ... ... ... ... ... 23
A.4  Le régime de couplage fort : les polaritons de cavité . . . . . 25
B Fluctuations quantiques du champ électromagnétique : in-

troduction a 'optique quantique en variables continues| . 33

B.1 Quadratures du champ et relation d’Heisenberg pour un champ

libre monomode . . . . ... ... 34

B.2 Fluctuations quantiques d’un champ libre multimode/. . . . . 40
B.3 Corrélations quantiques . . . . . . . . . . ... ... ..... 45
B.4 Mesure de bruit du champ électromagnétique/ . . . . . . . . . 48
B.5  Génération d’états comprimés du champ . . . . . . . ... .. 53
Dispositif experimental . . . ... ... ............ 58
C.1 Sources laser . . . . . . . ... e 58
C.2  Spectrometre . . . . . ... 61
C.3 Caméra CCD! . . . . . .. ... e 61
C.4  Cryostat . . . . . .. . 61
C.5  Photodiodes et analyseur de spectre . . . . .. ... ... .. 62

7



8 Chapitre 1. Introduction aux microcavités et au bruit quantique

Ce premier chapitre est consacré a la présentation de deux domaines de la physique
moderne : 'optique quantique et la physique de la matiere condensée (plus particu-
lierement la physique des microcavités semi-conductrices). L’interface entre ces deux
domaines offre des phénomenes physiques riches et nouveaux.

Dans une premiere partie, je présente d’abord les semi-conducteurs a gap direct I1I-V
et j’introduits la notion d’exciton. Puis, je décris les caractéristiques essentielles d’une
microcavité semi-conductrice III-V, structure bi-dimensionnelle de taille micrométrique
composée d'un puits quantique et d’une cavité optique et j'explique comment une telle
structure modifie fondamentalement l'interaction lumiere-matiere en son sein. Ensuite,
j'expose la notion de couplage fort entre la lumiere et I'exciton et j’introduis la notion
de polariton comme mode propre de ce systeme.

Dans une deuxieme partie, je présente les notions d’optique quantique indispensables a
la compréhension des expériences réalisées durant cette these. Je commence par rappe-
ler I'origine quantique des fluctuations du champ électromagnétique en traitant d’abord
le cas d'un champ monomode. J’introduis ensuite la notion d’état cohérent du champ et
d’état comprimé. Je reprends alors ces notions pour des champs multimodes. J'évoque
ensuite les liens entre compression de bruit et corrélations quantiques en variables conti-
nues ainsi que les différentes techniques expérimentales qui permettent de mesurer ces
grandeurs. Enfin je décris rapidement deux processus connus en optique quantique non
linéaire, 'amplification paramétrique et le mélange a quatre ondes, qui permettent de
produire des états comprimés du champ et/ou corrélés quantiquement et qui sont en
grande partie a l'origine des motivations de ce travail de these.



A. Microcavité semi-conductrice I1I-V 9

A Microcavité semi-conductrice 1I1I-V

A.1 Le puits quantique : la cavité électronique

Excitons dans un semi-conducteur massif I1I-V

Dans un métal a température nulle (T= 0K), tous les états électroniques des bandes
de valence sont occupés alors que les états électroniques de la bande de conduction ne
le sont que partiellement, plus précisément jusqu’au potentiel chimique p souvent ap-
pelé énergie de Fermi Er (voir figure [1.1)). Cette structure de bandes confere au métal
son caractere conducteur [Voos(01]. Dans un isolant la situation est tres différente. Les
bandes de valence et de conduction sont séparées par une bande d’énergie interdite
dont la valeur minimum FE, est appelée gap. A température nulle, tous les états de la
bande de valence sont occupés et les états de la bande de conduction sont tous vides.
La résistivité d’'un matériau a température ambiante dépend directement de la densité
d’états dans la bande de conduction. A cause de Pexistence d’un gap fini de l'ordre de
plusieurs eV pour un isolant, cette densité d’états reste extrémement faible a 300 K
ou kg1 ~ 25meV . C’est pourquoi un isolant est, en général, un tres mauvais conduc-
teur électrique a température ambiante. Un semi-conducteur n’est rien d’autre qu’'un
isolant dont le gap est suffisamment faible pour que la densité d’états de la bande de
conduction soit appréciablement plus grande, a température ambiante, que celle d’un
isolant.

D(E)
A

Bande de valence

D(E)

Bande de
valence

Bande de E, Bande de
conduction - > conduction
|89
= '
E | E

Fig.1.1-A gauche : densité d’états d’un métal a température nulle. Le potentiel chimique
est supérieur au bas de la bande de conduction ce qui confere au métal son caractere
conducteur. A droite : densité d’états d'un isolant & température nulle. Le potentiel
chimique se trouve dans de la bande interdite d’out une tres grande de résistivité.
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La figure 1.2 représente de maniere schématique le diagramme énergie-impulsion d'un
semi-conducteur de type III-V (par exemple GaAs) a gap direct (nommé ainsi lorsque
le minimum de la bande de conduction et le maximum de la bande de valence corres-
pondent & la méme impulsion). Les levées de dégénérescence au niveau de la bande de
valence dues au spin de I’électron seront prises en compte au chapitre 4. Au voisinage de
k = 0, chacune des bandes peut étre approximativement représentée par une parabole.
Les électrons de valence et de conduction se comportent alors comme des particules
libres (i.e. leur Hamiltonien effectif est celui d’une particule libre) auxquelles on affecte
une masse effective inversement proportionnelle a la courbure de la bande a l'origine
et définie par :

h2k?
E.(k)=FE, 1.1
0 = B+ 50 (1)
h2k>
E,(k)=FE, — 1.2
(k) e (12)

E. et E, désignent respectivement le minimum et le maximum de la bande de conduc-
tion et de la bande de valence. m} et m} désignent respectivement la masse effective
de I’électron de conduction et la masse effective de 1’électron de valence prise positive.

E

A

Bande de Conduction

Bande de valence

Fia. 1.2 — Diagramme énergie-impulsion schématique d’un semi-conducteur & gap direct.
Les levées de dégénérescence au niveau de la bande de valence ne sont pas prises en
compte.

Il est possible d’exciter optiquement la bande de conduction par absorption d’un pho-
ton d’énergie hiw > E, par un électron de la bande de valence. La place vacante laissée
par cet électron dans la bande de valence est appelée trou. Cette quasi-particule (il
s’agit en fait des N-1 électrons restant de la bande de valence si celle-ci en comptait
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N) possede une charge effective +e, une énergie et une impulsion opposées a celles de
I'électron de valence qui est passé dans la bande de conduction [Alloul01]. On parle
alors de création d’une paire libre électron-trou.

Lorsqu’on excite optiquement un électron de la bande de valence avec un photon d’éner-
gie hw < I, on observe des résonances discretes situées dans la bande interdite dues a
I'interaction coulombienne entre 1’électron de conduction et le trou. Elles correspondent
a des paires électron-trou liées appelées excitons. Le Hamiltonien H,,. décrivant le sys-
teme se compose de la somme des Hamiltoniens de 1’électron de conduction et du trou
et du terme d’interaction coulombienne :

I €2

H,,. = Vi +E,

2mE ¢ 2m

(1.3)

v £lxe — xul
oll X, et x5 sont les coordonnées dans l'espace réel respectivement de 1'électron de
conduction et du trou et V? désigne le Laplacien.

En introduisant la coordonnée relative r = x. —x;, et la coordonnée du centre de masse
R = (m!x. + m;x,)/(m’ +mj) on peut séparer le mouvement relatif du mouvement
du centre de masse du systeme. Le Hamiltonien H,,. se réécrit alors comme la somme

de deux termes commutatifs :

He:cc = Hk + Hrel (14)
avec : 212
H.=F —_— 1.
k 9+ 2M ( 5)
ouk =k.+kyet M =m)+mj.
et : 2 )
e
Hyg=—-——V*— — 1.6
=V T o (1.6)

ou pr =mimj /(mi+m;) est la masse réduite du systeme et € est la constante diélectrique
du milieu.

Les états propres de H,,. sont alors les produits des états propres de Hy et des états

propres de H,.;. Les états propres de Hy sont les ondes planes R d’énergie propre

donnée par :
h2Kk?
Eepn=E,+— 1.
cm g+ Wi (1.7)

Le Hamiltonien relatif H,. est celui de I'atome d’hydrogene avec un moment ciné-
tique orbital nul. Ces états propres sont donc les fonctions d’onde ¢, (r) de I'atome
d’hydrogene correspondant aux nombres quantiques (n,0,0). Par analogie avec I’atome
d’hydrogene, on définit I’énergie de liaison de I’exciton par :

_4y

)

n=12.. (1.8)
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ou )
H o
R =——=R 1.9
Y mo 82 Y ( )
R} est une constante de Rydberg effective, plus petite que celle de 'atome d’hydrogene
a cause des effets conjugués de la masse réduite u et de la constante diélectrique . Ceci
implique que I’énergie de liaison est de plusieurs ordres de grandeur plus faible que celle
de I'hydrogene. Dans les semi-conducteurs I1I-V massifs, elle est typiquement de 1’ordre
de quelques meV. L’énergie thermique a température ambiante étant de 25 meV, les
résonances excitoniques ne sont observables qu’aux températures cryogéniques. Pour

*

e €st de deux ordres de

les mémes raisons, le rayon de Bohr effectif de I'exciton a
grandeurs plus grand que celui de I’hydrogene, soit environ 50 A. Llexciton s'étend
donc sur plusieurs mailles cristallines (5 A).

Compte tenu de (1.7) et (1.8), la fonction d’onde de I'exciton peut se mettre sous la
forme :

B, (r,R) = gon(r)%eik'R (1.10)

a laquelle on associe I’énergie totale de 'exciton donnée par 1'expression :

h?k?

Il est important de noter que cette analogie formelle entre 'exciton et ’atome d’hy-
drogene est limitée par deux différences essentielles. D’une part, 1’état fondamental de
I’exciton correspond a la recombinaison de 1’électron de conduction et du trou et donc,
a ’annihilation de la paire électron-trou, ce qui le rapproche davantage du positronium
que de I’hydrogene dont 1’état fondamental est stable. D’autre part, I'exciton est une
excitation collective de tous électrons de la bande de valence, idéalement délocalisée
sur toute la longueur d’onde du cristal.

Confinement bidimensionnel des excitons dans un puits quantique

a) Présentation

La mise au point dans les années 70 de méthodes de croissance cristalline, comme
'épitaxie par jet moléculaire (molecular beam epitazy) ou la croissance en phase va-
peur par la méthode des organo-métalliques, a permis la réalisation d’hétérostructures
semi-conductrices capables de confiner le mouvement des électrons a deux, une, voire
zéro dimensions. L’essor de ces hétérostructures, qui présentent des propriétés spéci-
fiques liées a leur faible dimensionalité, est du a leur intérét pour I’électronique et
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'optoélectronique [Voos01].

La figure 1.3/ représente de maniere schématique la structure d’'un puits quantique. Il
s’agit d’'un empilement de couches planes semi-conductrices constituées de matériaux
différents. Une couche d’épaisseur typique d’environ 100 A est insérée entre deux
couches ayant un gap plus grand. Dans notre échantillon, décrit en détail dans la réfé-
rence [Houdré00al, il s’agit d’une couche de I'nggyGagosAs d’épaisseur 80 A entre deux
couches de GaAs. La brisure de I'invariance par translation suivant ’axe de croissance
du puits (axe z sur la figure [1.3) entraine le confinement des électrons suivant cette
direction, leur mouvement restant libre dans le plan des couches (plan perpendiculaire
a z).

GaAs
— i
InGaAs i
EQ

z =

(a) (b)

v
3
N

Fia. 1.3 — (a) : structure tridimensionelle d’un puits quantique. L’axe de croissance du
puits est 'axe z. (b) : représentation schématique de la structure de bandes d’énergie
dans un puits quantique.

Ce confinement modifie de maniere fondamentale le couplage de 1'exciton avec la lu-
miere. En effet, dans le cas d'un semi-conducteur massif, I'invariance par translation
dans les trois directions de 'espace entraine la conservation de I'impulsion totale du
systeme exciton-photon. Un exciton optiquement actif ayant un vecteur d’onde K n’est
donc couplé qu’a un seul mode du champ électromagnétique. L’énergie totale devant
également étre conservée, seuls les excitons ayant une énergie égale a celle du mode du
champ électromagnétique peuvent relaxer de maniere radiative. Cependant le couplage
exciton-photon entraine une levée de dégénérescence entre les énergies de I'exciton et
du photon. Il en résulte que le mode couplé exciton-photon, le polariton, est un état
stationnaire dans un semi-conducteur massif. Ces polaritons ne peuvent donc émettre
un photon qu’a travers le couplage aux phonons, aux défauts ou aux interfaces du cris-
tal.

Dans le cas d’un puits quantique, 'invariance par translation est brisée suivant 1’axe
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z. Seule la composante transverse k|| de l'impulsion est conservée dans l'interaction
exciton-photon. Un exciton d’impulsion (kﬁXC,ngC) se recombine donc radiativement

ph kﬁxc, la composante longitudi-

en émettant un photon d’impulsion transverse k||
nale kP! demeurant libre. L’exciton se trouve alors couplé & un continuum de modes
du champ électromagnétique et acquiert un temps de vie radiatif calculable par la regle
d’or de Fermi [Andreani9l]. Pour les excitons dans un puits quantique de GaAs de 10

nm d’épaisseur, le temps de vie radiatif est d’environ 10 ps [Deveaud91].
b) Proprietés des excitons bidimensionels

Le passage d’un systeme tridimensionel a un systéme bidimesionel modifie également
les propriétés de l'exciton décrites au chapitre |A.1. Nous résumons ici les propriétés
établies dans 'annexe de la référence [KarrQ1]. Le puits quantique contenu dans notre
microcavité est concu de maniere a ce que le niveau électronique de plus basse énergie
soit bien séparé de tous les autres; il est le seul a jouer un role dans nos expériences.
Il s’agit du niveau d’exciton 1s, appelé ainsi par analogie avec ’atome hydrogénoide,
correspondant au niveau d’électron de conduction de plus basse énergie (¢.) et au ni-
veau de trou de plus basse énergie (gp,).

La fonction d’onde décrivant le mouvement relatif du trou et de 1’électron de conduction
dans un puits quantique est solution de I’équation de Wannier :

St = () = e ) (1.12)

Les solutions de 1’équation de Wannier sont les mémes que celle du probleme de 1’atome
hydrogénoide a deux dimensions. Il existe des états liés, appelés excitons de Wannier,
et des états libres formant un continuum. L’énergie de liaison des états liés est donnée

par :
1

(n+3)?
L’énergie de liaison du premier niveau 1s (n=0) est 4R; et celle du second niveau
(n=1), appelé 2s, est 4% /9 soit 9 fois plus faible que celle du premier niveau. Elle est

EX =R} n=0,1,2.. (1.13)

donc plus proche du bord de la bande. La raie correspondante est donc plus difficile a
distinguer dans une expérience de spectroscopie.
Le rayon de Bohr effectif de I’état 1s est donné par :

_lemo (1.14)

ou ay est le rayon de Bohr de I’atome d’hydrogene et mg la masse de I’électron. Dans
un puits quantique a base de GaAs, le rayon de Bohr effectif est de 'ordre de 5 nm ce
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qui est grand devant la taille des cellules du réseau cristallin.
La fonction d’onde de I’état 1s est donnée par :

1 /8 _ e
¢1s(7“) = 2a*2D \/;e / (1.15)

En définitive, I’énergie totale de 'exciton 1s, obtenue de maniere analogue au cas tri-

dimensionel, est donnée par la relation de dispersion suivante :

h2k2
Bere(K)) = Eeqe + Z_MH (1.16)
avec :
Bope = Ey+ e, +ep + EP (1.17)

De méme, sa fonction d’onde totale est donnée par :
I xR
p1(r, R) = 14(r) 75 ” (1.18)

ou S est la surface de 1’échantillon.
Dans l'interaction exciton-photon dans un puits quantique I’énergie doit étre également
conservée. La relation de conservation de 1’énergie est donnée par :

h2k2
Eexc + _H =h——

1.19
2M n ( )

ou hckpn/n est I'énergie d'un photon d’impulsion kp, se propageant dans le milieu
d’indice n qui compose le puits.

En utilisant la conservation de I'impulsion transverse, on montre que ’équation (1.19)
ne peut etre vérifiée que si la composante transverse du vecteur d’onde k; de I'exciton
est inférieure ou égale a la quantité [Karr(1] :

nk
k, ~ ore 1.2
e (1.20)

Par conséquent seuls les états excitoniques tels que [kj| < k, sont couplés a la lumiere.
La figure [1.4 distingue la zone radiative de la zone non radiative de I'exciton.
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Fig. 1.4 — Courbe de dispersion d’'un exciton typique en fonction du module de son
vecteur d’onde transverse. La droite en pointillés sépare la zone radiative (a gauche) de
la zone non radiative.

Les excitons sont-ils des bosons ?

Nous avons établis précédemment une analogie formelle entre ’exciton et 1'atome
hydrogénoide. Cette analogie met en lumiere le caractere bosonique de I'exciton. L’ex-
citon est cependant un systeme composite de fermions ce qui n’en fait pas un boson au
sens strict du terme. Dans quelle mesure 'exciton peut-il alors étre considéré comme
un boson? Sous quelle(s) condition(s) cette description est-elle mise en défaut? En
reprenant la démarche suivie dans 'annexe de la référence [Karr(1], on peut montrer
que la relation de commutation pour 'exciton dans ’état fondamental s’écrit :

< [biso, bly o) >= 1= O(na*®?) (1.21)

ou n est la densité d’excitons par unité de surface. Autrement dit I’exciton se comporte
comme un boson dans la limite des basses densités, ¢’est-a-dire dans un régime de faible
excitation lumineuse. Lorsque la densité d’excitons augmente, on s’écarte de la nature
bosonique de 'exciton et on doit prendre en compte les interactions entre excitons
qui proviennent de la nature composite de ’exciton. L’approche couramment utilisée
pour décrire les interactions entre excitons consiste a appliquer une transformation qui
permet de passer de l'espace fermionique a 1’espace bosonique. Cette transformation,
appelée transformation d’Usui [Usui60], appliquée aux puits quantiques [Rochat00]
permet d’obtenir le Hamiltonien bosonique qui décrit les interactions entre excitons
jusqu’au deuxieme ordre. Cette approche permet de mettre en évidence une densité de
saturation pour ’exciton donnée par :

0,117

Ngat =
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Elle représente la densité d’excitons au-dela de laquelle on ne peut plus considérer 1’ex-
citon comme un quasi-boson, I’éloignement du comportement bosonique étant princi-
palement du au remplissage de I'espace des phases ainsi qu’aux effets d’échange.
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A.2 La cavité optique

L’amélioration constante des techniques de croissance a rendu possible la réalisation
de miroirs de Bragg de semi-conducteurs de haute réflectivité. Ils ont permis la mise au
point de microcavités optiques de taille micrométrique. Ces travaux ont été motivés par
les succes obtenus avec les atomes en cavité comme la modification du taux d’émission
spontanée (effet Purcell) ou la mise en évidence du couplage fort entre les atomes et le
champ électromagnétique (atome “habillé” de photons). L’idée est d’utiliser I’analogie
développée au chapitre précédent entre atomes et excitons pour mettre en évidence
le méme type d’effets dans les semi-conducteurs. Ces recherches ont permis la mise
en évidence du couplage fort entre excitons et photons dans les microcavités semi-
conductrices, observé pour la premiere fois par C. Weisbuch [Weisbuch92] et sur lequel
nous reviendrons au chapitre suivant.

Miroirs de Bragg

La cavité optique est constituée de miroirs de Bragg (figure1.8) réalisés en empilant
alternativement plusieurs couches diélectriques de deux matériaux d’indice de réfraction
différent, n;, et n,. L’épaisseur des couches est égale a \g/4n. ou A est la longueur
d’onde du rayonnement dans le vide pour laquelle la réflectivité des miroirs doit étre
maximale et n. l'indice du milieu dans la cavité. Cette structure se comporte alors
comme un miroir de haute réflectivité sur une bande spectrale appelée stop-band centrée
en Ag/n. et d'une largeur d’environ 100 nm. La figure [1.5 représente la réflectivité d’un
miroir de Bragg en fonction de la longueur d’onde du rayonnement. On remarque
qu’en dehors de la stop-band la réflectivité présente des oscillations tres rapides. Nous
verrons que celles-ci sont responsables des modes de fuite de la cavité. La largeur A\
de la stop-band est donnée de fagon approchée par la formule [YamamotoOOb] :

. 2>\Bragg An

7T77,6ff

AN (1.23)

Ol ABragg = 2lpnpy + lyny, avec [; 'épaisseur optique d'une couche, An = n, — ny, et
ness I'indice de réfraction efficace du miroir. Pour une petite différence d’indice, n.rs =
(ny + np)/2. Pour les échantillons étudiés dans ce travail, n,(GaggAly1As) = 3.48,
ny(AlAs) = 2.95, n.(GaAs) = 3.54. Le coefficient de réflexion d’un miroir de Bragg
peut se calculer avec la méthode des “matrices de transfert” [Savona98]. Les coefficients
de réflexion en amplitude ry,ry des deux miroirs d’'une microcavité sont alors donnés
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par :
1 n
]2 =1- 4n—(n—:)2N1 (1.24)
Iralf2 =1 — 4%—:: Z—: 2N, (1.25)

ou N; et N, sont respectivement les nombres de paires de couches des miroirs 1 et 2, et
n. et ngy sont respectivement les indices de réfraction de la cavité et du substrat. Les
expressions (1.24) et (1.25) sont valables & la longueur d’onde de résonance \g dans la
limite NV; > 1. Le miroir 1 est en contact avec ’air d'un coté et avec la cavité de I'autre,
tandis que le miroir 2 est en contact avec la cavité et le substrat (voir figure [1.8).

Fia. 1.5 — Réflectivité en fonction de la longueur d’onde d’un miroir de Bragg composé
de 20 paires de GaggAly1As/AlAs.

Deux miroirs de Bragg paralleles séparés d’une distance L constituent une cavité Fabry-
Pérot dont la réflectivité en fonction de la longueur d’onde du rayonnement est pré-
sentée sur la figure 1.6. On remarque la présence d’un creux tres étroit au centre de
la stop-band qui correspond a la résonance a la longueur d’onde A\g/n. lorsque la mi-
crocavité est excitée a incidence normale. Comme dans le cas d’un miroir de Bragg
unique, la réflectivité de la cavité présente de nombreuses oscillations en dehors de la
stop-band.

Dans une microcavité plane idéale (réflectivité des miroirs égale a 1) le mode résonnant
est une onde plane qui se propage perpendiculairement au plan de la cavité. Dans une
cavité réelle, ou les miroirs sont caractérisés par des réflectivités (en intensité) R; et
R,, la dissipation du champ intracavité a I’extérieur conduit a un mode de cavité ayant
une dispersion angulaire A# finie, donnée par [Yamamoto0Ob] :
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~[20[1 = (RyRy)V?]
Af = \/ TN (1.26)

Cela correspond a un rayon efficace r,,, du mode de cavité :

, :\/ )\L(]DLlRZ)l/4 (127)

1 — (RiRy)'/?]

Fi1G. 1.6 — Réflectivité en fonction de la longueur d’onde d’une microcavité vide.

Relation de dispersion pour la cavité

Nous allons établir une relation de dispersion pour le photon se propageant dans la
cavité optique analogue a celle établie pour 'exciton (voir équation (1.16))). La cavité
impose en effet une condition de quantification sur la composante kP du vecteur d’onde
du photon. Cette condition de quantification s’écrit :

kPh = 271n. /A (1.28)

ou n. est I'indice a l'intérieur de la cavité (en premiere approximation égal a l'indice
de GaAs soit 3.54).

Considérons a présent un photon se propageant a l'extérieur de la microcavité avec
un angle @ par rapport a la normale (axe z). L’angle de propagation ¢’ du photon a
I'intérieur de la microcavité est lié a 6 par la relation :

sinf = n,sin 6’ (1.29)
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Le module du vecteur d’onde d’un photon se propageant avec un angle 8’ dans la cavité

YA R N (1.30)

B hkPhe

Ne

est donné par :

et son énergie est donnée par :

E

(1.31)

En substituant dans (1.30) kP par son expression donnée par la relation (1.28), on
obtient la relation de dispersion du photon :

h2
h2 kﬁ’ c2

2
e

Eean(KP™) = \| B + (1.32)

ou Ey = hc/Xg est Iénergie de résonance de la cavité a lincidence normale. Cette
relation permet aussi de définir une “masse effective” my,; du photon confiné dans la

cavité : dZE(k: )
1 1 I
= — 0 1.33
mphot h2 dkﬁ ( ) ( )
On trouve alors : h
ne
o = — 1.34
mph t )\OC ( )

ce qui correspond & une masse 10~° fois plus faible que la masse de I’électron, oi1 encore
10~* fois plus faible que celle de I’exciton. C’est pour cela qu’on pourra souvent négliger
la dispersion de I’exciton par rapport a celle du photon.

Modes de fuites

En étudiant la réflectivité de la microcavité en fonction de I'angle d’incidence du
rayonnement, c¢’est-a-dire en fonction du vecteur d’onde transverse kﬁ’h, on remarque
la présence de nombreuses oscillations (voir figure [1.7).

Les minima de ces oscillations peuvent étre interprétés comme des modes secon-
daires provenant des pics de réflectivité des miroirs de Bragg en dehors de la stop-band
(voir figure [1.5) et qui apparaissent pour des angles de propagation intracavité impor-
tants. Ces modes ont une largeur beaucoup plus grande que le mode principal ce qui
traduit le fait que le champ confiné dans ces modes s’échappe rapidement a I'extérieur
de la cavité. C’est pour cela qu’on parle de modes de fuite. L’angle 6y, , a I'intérieur de
la cavité auquel le premier mode fuite apparait est donné par ’expression suivante :
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Fia. 1.7 — Réflectivité en fonction de ’angle de propagation a 'intérieur d’une microcavité

vide.

np+ngp

0y, = arccos |1+ (1.35)

2 arcsin (2A"b) -
7'(‘

Pour notre échantillon, on trouve 0y;,; >~ 18°. Cet angle est légérement supérieur a
I'angle de réflexion totale sur 'air a U'intérieur de la cavité (6;,,, = arcsin 1/n,. soit pour
notre échantillon ), ~ 16,6°), c’est pour cela que les modes de fuite dans notre cas
peuvent “fuir” seulement du coté du substrat GaAs. On peut montrer que le nombre de
modes de fuite est égal au nombre de couches du miroir arriere [Savona98]. Les modes
de fuite forment un canal de pertes tres important par émission dans le substrat et sont
la principale limitation de 'efficacité des microcavités en tant qu’émetteur de lumiere.
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A.3 Puits quantique en cavité

Les deux éléments essentiels d’une microcavité semi-conductrice ont été présentés
dans les parties précédentes. Le puits quantique joue le role de cavité pour les exci-
tons en les confinant suivant 'axe de croissance du puits (axe z). Les miroirs de Bragg,
quant a eux, forment une cavité optique dont ’axe longitudinal est également I'axe z. Le
couplage de ces deux cavités modifie de maniere radicale I'interaction matiere-lumiere
entre excitons et photons (voir partie A.4). La figure [1.8 représente une microcavité
typique détaillée. Comme indiqué sur la figure 1.8, le puits quantique est inséré dans
la cavité a I'endroit ou le champ électrique présente un maximum. Notre échantillon
possede trois puits quantiques en IngopsGagosAs chacun d’entre eux étant placé a un
maximum du champ électromagnétique. La longueur de la cavité est 2y /n.. L’énergie
de résonance de la cavité E, est choisie de maniere a étre proche de I’énergie de tran-
sition F.... De plus, afin de pouvoir faire varier facilement le désaccord entre I’énergie
de résonance photonique Ej et I'énergie de transition excitonique F,., un angle tres
faible de I'ordre de 107% radians a été introduit entre les deux miroirs de Bragg durant
la croissance épitaxiale. Cette angle modifie la longueur de la cavité optique suivant
I'endroit ou l'on se trouve sur 1’échantillon. L’énergie de résonance photonique Ej (et
donc le désaccord cavité-exciton) varie donc avec la position sur I’échantillon.
L’émission d’un exciton dans puits quantique est modifiée par rapport a I’émission d’un
exciton dans un semi-conducteur massif (voir partie 'A.1). L’émission d’un photon se
fait en conservant la composante transverse de 'impulsion et I’énergie mais laisse libre
la composante k2" du photon : I'exciton est alors couplé & un continuum de modes du
champ électromagnétique et 1’émission d’un photon devient irréversible. La présence
de la cavité optique modifie cette propriété. En effet, la composante longitudinale de
I'impulsion du photon ne peut prendre qu'une unique valeur (voir condition (1.28)).
L’exciton se retrouve donc couplé a un unique mode du champ électromagnétique.
Idéalement on obtient donc un couplage entre deux modes discrets. Dans la réalité le
mode de la cavité possede une largeur finie tout comme la résonance excitonique dont
la largeur est principalement due au désordre au sein des matériaux, au couplage des
excitons avec les phonons et aux interactions entre excitons.

Il est essentiel de remarquer que le couplage entre les modes discrets excitonique et
photonique (aux largeurs de raie pres) permet d’exciter de maniere sélective un exci-

ton avec un vecteur d’onde transverse donné kj*¢ = (kg*¢, ky*<). Il suffit pour cela de
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Miroir de Bragg
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FiG. 1.8 — Section latérale de la microcavité semi-conductrice. Trois puits quantiques en
IngosGaggsAs sont insérés dans une cavité optique de haute finesse constituée par deux
miroirs de Bragg en AlAs/Gap1AlygAs.
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choisir 'angle d’incidence du photon (67", §P") vérifiant :

z Yy
E
sin 9" = ke (1.36)
E
. h exc
Sll’le‘z = %ky (137)

ou E est I'énergie d’excitation. Réciproquement, la détection d’'un photon émis par la
microcavité, dont le vecteur d’onde transverse a pour angles (egh,egh), correspond a
I’émission de ce photon par un exciton de vecteur d’onde transverse kj*¢ = (kg k§*©)
donné par (1.37).

En conclusion, une microcavité semi-conductrice est un systeme de taille micrométrique
qui permet de coupler de maniere sélective un unique mode du champ électromagné-
tique a un unique mode excitonique. Dans la prochaine partie, nous montrerons que sous
certaines conditions, dites de “couplage fort”, de nouveaux modes propres du systeme

apparaissent appelés “polaritons de cavité”, quasi-particules mi-lumiere, mi-matiere.

A.4 Le régime de couplage fort : les polaritons de cavité

Emission spontanée dans une cavité

En physique quantique, on interprete ’émission spontanée d’un photon d’énergie
huwp par un atome excité (ou un exciton) comme un processus de dissipation d’énergie
du systeme (atome ou exciton) di au couplage du systéme avec un réservoir constitué
par les modes du champ électromagnétique qui forment un bain continu d’oscillateurs
harmoniques. Ce processus de dissipation dépend fondamentalement de la structure du
réservoir. Dans le cas d’'un atome dans le vide, ce processus est irréversible et le taux
d’émission spontanée I' peut étre calculé par la régle d’or de Fermi [YamamotoOOb] :

po(wo)
I = 2702, “3 0 (1.38)

Le taux d’émission spontanée I' dépend explicitement de deux parametres :
-CQler, appelé fréquence de Rabi du vide, est proportionnel a I'élément de matrice du
dipole électrique entre les états initiaux et finaux du systeme et au champ efficace

FEide = \/E d’un mode vide de fréquence wy (V est le volume de quantification).
Elle représente la fréquence a laquelle I'atome et le champ échangent leur énergie.

-po(wo), appelée densité de modes du champ électromagnétique , est le nombre de modes
accessibles par unité de fréquence du champ électromagnétique. Elle décrit la structure

du réservoir.
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Dans la partie |A.3, nous avons qualitativement expliqué comment la mise en cavité ré-
sonnante du puits quantique modifie les propriétés d’émission de I’exciton. Nous voyons
ici que la cavité modifie en fait la densité de modes accessibles du champ électroma-
gnétique et donc la structure du réservoir.

Dans le cas du puits quantique en cavité, la longueur de la cavité est choisie égale a la
longueur d’onde du photon émis lorsque 'exciton se recombine. Les modes longitudi-
naux suivants de la cavité sont completement hors résonance et ne jouent aucun role.
Ainsi, le continuum de modes avec lesquels I'exciton interagit dans le cas d’un puits
“nu” est remplacé par un mode unique. Le couplage entre I’exciton et le mode de cavité
est exprimé par 1’énergie {2z, qui est proportionnelle a I'intégrale de recouvrement de
la fonction d’onde de I'exciton et du mode de cavité, et a la force d’oscillateur par unité
de surface [Savona99.

En réalité, la cavité n’est pas idéale et le mode de cavité est amorti par le couplage
au réservoir de modes extra-cavité, acquérant ainsi une largeur 7.. L’exciton a aussi
une largeur v.,. due au couplage a différents réservoirs (phonons, excitons). Lorsque
Qr < Ve, Vexe le systeme est en régime de couplage faible. Dans ce régime, 1’émission
spontanée peut étre inhibée ou accélérée, et la distribution angulaire de 1’émission peut
étre modifiée [Bjork95]. Néanmoins, 1'émission spontanée demeure irréversible. Dans le
cas opposé 2g > Ve, Vewe, 1l photon émis par l'exciton reste dans la cavité pendant
un temps suffisamment long pour étre réabsorbé. Il y a un échange cohérent d’énergie
entre ’exciton et le mode de cavité, et I’émission spontanée devient réversible, donnant
naissance au phénomene des oscillations de Rabi. On entre alors dans le régime dit de
couplage fort.

Hamiltonien linéaire

Les propriétés optiques linéaires des microcavités peuvent s’interpréter par un mo-
dele simple dans lequel 'exciton et le mode de la cavité sont représentés par des oscil-
lateurs harmoniques quantifiés [Pau95]. L’introduction du formalisme quantique n’est
pas nécessaire pour calculer les valeurs moyennes des champs. Il est en revanche in-
dispensable pour calculer leurs fluctuations ce que nous ferons au chapitre D et qui
constitue I'un des aspects essentiels de ce travail de these.

Nous nous plagons a présent dans le régime de faible densité excitonique (voir [A.1), ce
qui permet de décrire I’exciton en termes bosoniques. Le systeme couplé exciton-photon
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peut alors étre décrit par le Hamiltonien suivant :

A A spr RQRr g oy
Hlin = Z Hk == Z Ecav(k)a'Lak + Eexc(k)bi(bk + TR(aJlr{bk + b;[ca'k) (139)
k k

ou a, dL et (by, ISL) sont les opérateurs de création et annihilation d’un photon (exci-
ton) de vecteur d’onde k. La somme est effectuée sur les vecteurs transverses k|, la
composante k, du vecteur d’onde étant fixée par la cavité. Dans toute la suite du ma-
nuscrit, on adoptera la méme convention k| = k. h{lp représente I'énergie de couplage
exciton-photon. Elle est proportionnelle a 'intégrale de recouvrement de la fonction
d’onde de I'exciton et du mode de la cavité, a la racine carré de la force d’oscillateur
par unité de surface et a la racine carré du nombre de puits quantiques [YamamotoOOb).
Cet Hamiltonien apparait comme le terme d’ordre 1 dans le développement en densité
excitonique dans la transformation d’Usui mentionnée en [A.1. Le Hamiltonien (1.39)
décrit alors un systeme constitué d’un continuum d’oscillateurs harmoniques dk,l;k,
chaque oscillateur ay n’interagissant qu’avec 'oscillateur b de méme k, mais étant dé-
couplé de tous les autres modes. Il ne prend donc pas en compte les interactions entre
excitons qui apparaissent lorsque 1’on pousse le développement a l’ordre 2 et qui sont
responsables des effets non-linéaires étudiés dans ce mémoire.

Les polaritons de cavité

Le Hamiltonien [1.39 peut étre diagonalisé comme suit :

Hin =Y E-(K)pLpw + By (k)i (1.40)
k

en introduisant les opérateurs py, i :

P = —Cuire + Xichi (1.41)
G = Xicax + Cicbie (1.42)

Les modes propres py, Gk sont appelées polaritons de cavité [Kavokin03|]. Les polari-
tons étant des combinaisons linéaires des opérateurs excitoniques et photoniques, ils
décrivent des excitons habillés par la lumiéere, de fagon tout a fait analogue a ’atome
habillé (dressed atom). C’est pourquoi on évoque souvent les polaritons en terme de
quasi-particules miztes matiere-rayonnement [YamamotoOQa).

Les coefficients Cy, Xk, appelés coefficients de Hopfield [Hopfield5§], sont des nombres
réels positifs définis par :
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2
CE = 2 (1.43)
21/0% + Q% (o + /0% + Q%)
5 02 + Q2
2 Ot VOt (1.44)

2\/0f +QF

hox = Eeay(k) — Eege(k) est le désaccord cavité-exciton pour un vecteur d’onde trans-
verse donné. Cf et X7 représentent respectivement la fraction photonique et excitonique
d’un mode polariton donné, la somme de ces deux coefficients étant toujours égale a 1.
A désaccord cavité-exciton nul, le polariton est dans une superposition a poids égaux
de I'exciton et du photon.

Les énergies propres du Hamiltonien (1.40) sont :

B (k) = % (Funo(K) + Euo(k) — /52 4+ Q2) (1.45)
B (K) = 5 (o) + Berel) + By J6 1 03) (1.46)

La figure 1.9 représente la variation de 1’énergie de résonance polariton en fonction
du désaccord cavité-exciton dans le cas ou les largeurs de raies du mode de la cavité
et de I'exciton sont prises idéalement nulles. Cette courbe est appelée courbe d’anti-
croisement. Nous verrons dans le prochain paragraphe comment la prise en compte
des phénomenes de relaxation modifie les énergies de résonance et permet de définir le
régime de couplage fort.

Etude de la dissipation et définition du régime de couplage fort

a) Couplage du systéme a l'environnement

Au paragraphe A.3l nous avons mentionné l'existence de largeurs de raies associées
aux modes photoniques et excitoniques. Ces largeurs de raie sont une conséquence du
couplage des photons et des excitons a I’environnement. Dans le cas des photons, I’envi-
ronnement est constitué des modes vides du champ électromagnétique (voir (A.4). Pour
les excitons, il s’agit des autres excitons, des phonons ou encore du désordre cristallin.
On peut modéliser ce couplage dans le formalisme quantique en ajoutant au Hamil-
tonien (1.39) un Hamiltonien supplémentaire pour chacune de ces contributions. Le
Hamiltonien H,,, qui décrit le couplage d’'un mode de la cavité (ici le mode ax) avec
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Fic. 1.9 - Energies de la branche haute et de la branche basse de polaritons en fonction
du désaccord dx = Feqy(k) — Fege(k).

le champ électromagnétique externe, s’écrit :

Hyp = / ig) {Z g(Q)(af Ayq + h.c.)} (1.47)

Le Hamiltonien H., décrit le couplage avec un réservoir d’excitons. Il est donné par [Karr01] :

H,, = / ig) {Z ho(Q) (bl By + h.c.)} (1.48)
k

Dans le formalisme d’Heisenberg-Langevin, I’équation d’évolution de I'opérateur quel-
conque Zy s’écrit :
dzy
ith— =2, H 1.49
= (2, H] (1.9
ou H = Hy + Hypy + Hey. On en déduit donc les équations d’évolutions des opérateurs

photoniques et excitoniques :

da hQg » 5

ih% = Eego(K)y + TRbk + /ng(Q)Ak,n (1.50)
R A Q A

Zﬁ% = Eewc(k)bk + h2de + /thO(Q)Bkaﬂ <151)

b) Description de l’environnement
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Les réservoirs photoniques et excitoniques sont assimilés a des bains d’oscillateurs har-
moniques indépendants. Le Hamiltonien H,., ,, qui gouverne I’évolution d'un mode du
réservoir photonique est donné par :

Hres.ph = /dQ {Z hQALQAk,Q} + qu (152)
k

De méme, I’évolution d’'un mode du réservoir excitonique est gouvernée par le Hamil-
tonien H,.s ¢ dont ’expression est :

Hyesone = / e {Z hQ(k)BLQBk,Q} + Heye (1.53)
k

Dans ce qui suit nous prenons en compte le fait que le couplage au champ électroma-
gnétique externe peut se faire via le miroir avant 1 ou le miroir arriere 2, ces deux
miroirs ayant des coefficients de réflectivité en amplitude r; et ry distincts. Compte
tenu de (1.49) I’équation d’évolution de l'opérateur photonique externe Al({] )Q (I'indice
j faisant référence au miroir 1 ou 2) d’'un mode du réservoir photonique s’écrit :

L dAg i0) X

ih—= = hQAL (1) + g;(Q)a(t) (1.54)
On obtient de méme 1’équation d’évolution de l'opérateur excitonique du réservoir
Beo A
dByxn

ih— = = ROQUK) By o (t) + ho()bic(t) (1.55)
On integre formellement les équations (1.54) et (1.55) a partir de I'instant initial ¢y < ¢ :
. . N ) ¢ . /
AT (1) = e AT (1)) — %gj(g) / e My ()t (1.56)
to
. . N ) ¢ . N~
Bla(t) = e MBIy (1) — Sho(Q) / e e O (¢t (15T)
to

¢) Définition du couplage fort

On suppose que les fonctions g;(2) et ho(€2) varient lentement en fonction de €2 au-
tour de la fréquence optique. En insérant les équations (1.56) et (1.57) dans les équa-
tions (1.50) et (1.51) on obtient alors un systeme couplé d’équations de Langevin :

 di 27 T

it = (Boa(k) =% (7 + 93))ine + — b+ B (0 + FI (1) (1.58)
db 21 4 hQ

i = (Beroll) = i Wb+ = e+ R(0) (1.59)
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Les termes de fluctuations dans (1.58) et (1.59) sont respectivement donnés par :

FO(t) = / d2g; () AV g (tg)e M) (1.60)
et :
R0 = [ dono(@) Bh(ta)e 0 (1.61)

Le systeme d’équations de Langevin couplées (1.58) et (1.59) traduit clairement la
modification apportée par la prise en compte du couplage du mode de la cavité et de
Iexciton a leur réservoirs respectifs. En effet, on peut réécrire les énergies du mode
de la cavité et de 'exciton en rajoutant respectivement les termes imaginaires purs
—iYear(k) = —127(g3 + g5) /I et —iYepe(k) = —i27h3 /I pour retrouver une expression
analogue a celle exposée dans la partie |A.4. Les énergies propres du systeme sont
alors complexes, la partie réelle donnant I’énergie des polaritons et la partie imaginaire
correspondant a leur taux de relaxation. Elles sont données par la relation :

Ecav(k) + Eexc(k) _Z.P)/cav (k) + '76:60(
2 2

Falk) = )Ll i ) — e B + 2

(1.62)
A désaccord nul , le clivage entre les énergies E_ et F, existe si et seulement si g >
Veav(K) = Yeze(k) |. Cette condition définit le régime de couplage fort. L’équation (1.62)
permet également d’exprimer le taux de relaxation v4(k) comme moyenne pondérée

des taux de relaxation de l'exciton et du photon (voir figure [1.10) :

V-(k) = Xiewe(k) + Ciyean(k) (1.63)
V4+(K) = Civere(k) + Xiyean(k) (1.64)

Relation de dispersion

Les énergies propres des polaritons (voir équations (1.45) et (1.46)) dépendent de
deux parametres : le désaccord cavité-exciton et le vecteur d’onde dans le plan trans-
verse. Pour un vecteur d’onde transverse fixé, la variation de I’énergie en fonction du
désaccord donne la courbe d’anti-croisement de la figure [1.9. A désaccord fixé, on ob-
tient la relation de dispersion des polaritons, c’est-a-dire la dépendance de 1’énergie
des polaritons en fonction de leur vecteur d’onde transverse. On peut distinguer deux
branches sur la figure [1.11. La branche supérieure, appelée branche haute, est quasi-
parabolique. Elle est séparée en énergie de I’autre branche, appelée branche basse, d'une
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Taux de relaxation (meV)

Désaccord exciton-cavité (meV)

Fi1G. 1.10 — Taux de relaxation des polaritons en fonctions du désaccord exciton-cavité.

valeur égale a (2r qui est nettement supérieure a V., €t Vere. Dans notre échantillon,
Qg est environ 50 fois plus grand que les largeurs de raie de l’exciton et du mode
de la cavité. On peut donc traiter séparément les deux branches lorsqu’on excite les
polaritons de maniere résonnante.Nous nous intéresserons essentiellement a la branche
basse de polaritons. En effet la branche basse présente une forme bien plus intéressante
que la branche haute. D’une part, lorsque le vecteur d’onde transverse tend vers zéro,
la dispersion de la branche basse s’écarte notablement de la dispersion excitonique,
ce qui est une signature du couplage fort. Dans cette zone, les excitons sont effica-
cement mélangés aux photons. Cet effet, conjugué a la forte inflexion de la branche
basse pres du vecteur d’onde transverse nul, confere au polariton une masse effective
tres faible comparée a celle de I'exciton. La densité d’états y est alors également faible.
En effet, la dispersion des polaritons au voisinage du minimum de la branche basse
est, avec une bonne précision, parabolique [Porras02] et, pour une particule libre de
masse m dans un systéme bidimensionnel, la densité d’états p est constante : p = m/h2.
D’autre part, la forme de la branche basse permet de réaliser I’accord de phase dans
la diffusion paramétrique de polaritons (ce que ne permet pas la branche haute). Ce
point sera discuté en détails au chapitre 2. Cette possibilité, conjuguée a la faible
densité d’états au voisinage du vecteur nul, est a I'origine d’effets de diffusion stimulée
comme l'oscillation paramétrique de polariton ou la condensation de Bose-Einstein des
polaritons [Kasprzak06].
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Fi1c. 1.11 — Relation de dispersion des polaritons.

B Fluctuations quantiques du champ électromagné-
tique : introduction a ’optique quantique en va-

riables continues

Le champ électromagnétique possede des fluctuations intrinseques qui limitent de
maniere fondamentale la précision de certaines mesures optiques. La génération d’états
du champ possédant des fluctuations réduites ainsi que leur utilisation dans divers do-
maines tels que la cryptographie quantique ou la téléportation quantique est devenue
un enjeu majeur dans le domaine de l'optique quantique. Dans cette partie, je dé-
cris en premier lieu succinctement champ électromagnétique quantifié et j'introduis les
notions de “vide”, d’état cohérent. J'explique alors pourquoi le champ électromagné-
tique possede des fluctuations intrinseques et je définis la limite fondamentale imposée
par ces fluctuations couramment nommée limite quantique standard. Je présente enfin
la notion d’état comprimé du champ. Dans un second temps je reprends ces notions
dans le cadre plus réaliste de champs multimodes temporels et j’évoque les liens entre
compression de bruit et corrélations quantiques en variables continues. Enfin je décris
quelques exemples de mesures de bruit du champ électromagnétique et quelques pro-
cessus permettant de générer des faisceaux corrélés quantiquement.
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B.1 Quadratures du champ et relation d’Heisenberg pour un
champ libre monomode

Le champ électromagnétique en mécanique quantique

En optique quantique, le Hamiltonien du champ électromagnétique s’écrit comme
somme d’opérateurs “nombre de photons” du mode n, N, = ala,, correspondant &
chaque mode du champ [Aspect03] :

1

5) (1.65)

Hyoy = E hwn(ailan +
n
Dans 1'équation précédente nous avons introduit les opérateurs de création a! et d’anni-
hilation a,, d'un photon dans le mode n du champ. Ces opérateurs vérifient les relations
de commutation suivantes :

~

[y @8] = Opm [, @] = 0 (1.66)

m

Le champ électrique transverse a pour expression :

Ei(r)=EM @) + B (r) (1.67)
avec EA’(J) = (E(f))T. E(j) (r), appelé “partie du champ de fréquence positive”, est donné
par 'expression :

B () =i epe™ i, ey (1.68)

N o m’n
oll &, = 4/ 5t

— 7 . o .
Les vecteurs r, k,, et &, représentent respectivement le vecteur position, le vecteur
d’onde du mode n et le vecteur polarisation du mode n.

Représentation de Fresnel d’un champ monomode

Classiquement, un champ électrique monomode pris en un point de 'espace est
caractérisé par la donnée d’une pulsation w, d'une phase ¢ et d’'une amplitude Ej :

E(t) = Egcos(wt 4 ) = R(Foe'@H9) (1.69)

On définit alors les nombres réels X et Y, appelés quadratures du champ, comme les
coordonnées de la représentation complexe Eye’? du champ monomode et on représente
les quadratures du champ dans le plan de Fresnel (voir figure 1.12la) :

E(t) = X cos(wt) + Y sin(wt) (1.70)
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De maniere générale, on définit le couple de quadratures (Xpy, Yy) obtenu a partir de
(X,Y) par une rotation d’angle # dans le plan de Fresnel (voir figure 1.12.a) :
Xy = Xcosf+Ysinf (1.71)
Yo = —Xsinf+ Y cosd (1.72)

Par analogie avec le cas classique, on peut exprimer en mécanique quantique un champ

I\ '\
Y (@) Y (b)

X, Y

6 (0]
Eo

10

. X it

F1a. 1.12 — (a) Représentation classique d’un champ monomode dans le repere de Fresnel.
(b) Représentation d’un état quantique : X et Y sont les quadratures d’amplitude et de
phase. La courbe fermée rouge représente l'incertitude due aux fluctuations quantiques
du champ.

monomode en un point donné de I'espace en fonction des opérateurs de création et
d’annihilation d’un photon a la fréquence w :

E(t) — g(A —iwt +a AT zwt) (173)
ou & représente le champ électrique d’un photon a la fréquence w :

hw

1.74
2€0V ( )

On introduit alors les opérateurs de quadrature du champ XetY:
X=a,+al, ,  Y=ial —a,) (1.75)

L’opérateur champ électrique prend alors une forme tout a fait analogue au cas clas-
sique :
E = (X cos(wt) + Y sin(wt)) (1.76)



36 Chapitre 1. Introduction aux microcavités et au bruit quantique

Cette définition des opérateurs de quadrature est identique a celles des opérateurs
de position et d’impulsion d’un oscillateur mécanique quantique. Les quadratures du
champ électromagnétique constituent un couple d’opérateurs conjugués, au méme titre
que la position et I'impulsion d'une particule. La regle de commutation des opéra-
teurs bosoniques de création et d’annihilation associés (voir (1.66)) entraine celles des
opérateurs de quadrature du champ :

[(X,Y] = 2 (1.77)

La non-commutation des opérateurs de quadrature implique qu’on ne peut pas mesurer
simultanément avec une précision infinie ces deux quadratures. Tout comme dans le
cas d'un oscillateur mécanique quantique, ceci se traduit par une inégalité d’Heisenberg
portant sur le produit des incertitudes des opérateurs de quadratures. Les dispersions
des résultats de mesures de X et Y, caractérisées par les variances AX? = (X?2) — (X2
et AY? = (Y2) — (V))2, doivent satisfaire 'inégalité d’Heisenberg

AX2AY? > 1 (1.78)

Par analogie avec le cas classique (voir équation (1.72)) on définit le couple de quadra-
tures (Xy, Yp) obtenu a partir du couple (X,Y’) par une rotation d’angle 6 dans le plan

de Fresnel :
Xy = e Ya,+ e’ (1.79)
Y, = i(e?al — e ?a,) (1.80)

Ce couple vérifie également la relation de commutation (1.77) et le produit des variances
de Xy et Y, satisfait & (L.78). Bien que le choix d'un couple de quadrature soit en
principe arbitraire (il correspond & un choix de phase dans le repére de Fresnel), on
privilégie en général les quadratures dites d’amplitude et de phase (voir figure 1.12).
Ce couple de quadratures est défini en prenant comme référence de phase la phase du
champ moyen < a, >= Ae*?. Pour des champs suffisamment intenses (A2 > 1), les
fluctuations du nombre de photons sont alors proportionnelles aux fluctuations de la
quadrature d’amplitude et celles de la phase a la quadrature de phase :

SN = 6(ala,) ~ A6X (1.81)
oY

~ — 1.82

dp A (1.82)

On déduit des deux relations précédentes 1'inégalité d’Heisenberg reliant I'incertitude
sur la mesure du nombre de photons et la phase du champ :

ANAg > % (1.83)
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Définition et propriétés du vide quantique

Le vide quantique correspond au vecteur propre de Ffmy (équation (1.65))) de valeur
propre nulle. Dans la base des états de Fock, états propres des opérateurs “nombres” de
photons N, = al a, de valeurs propres entieres, il se représente par le produit tensoriel
des états de Fock a zéro photons :

lvac) =N =0) RN =0)® ... |y =0) ® ... (1.84)

Dans le vide les valeur moyennes du champ électrique et du potentiel vecteur sont
nulles :

(vac|E | (r)lvac) = 0 (1.85)
(vac|A, (r)|vac) = 0 (1.86)

En revanche la variance de ces champs est non-nulle. Méme dans le vide, le champ élec-
trique et le potentiel vecteur présentent des fluctuations intrinseques appelés fluctua-
tions du vide. Ces fluctuations sont responsables de I’émission spontanée des atomes
et des déplacements radiatifs des niveaux atomiques. Elles ont pour expression :

(AEL)? = (vac|(EL(r))|vac) =) 2 (1.87)
(AAL)? = (vac|(AL(r))*|vac) = Z—% (1.88)

n

Les fluctuations du vide sont isotropes. En effet elles ne dépendent pas de la quadrature
choisie. Elles constituent donc une valeur de référence pour les fluctuations quantiques
appelée limite quantique standard. Les fluctuations d’un champ quelconque sont
alors normalisées a cette valeur de référence si bien que pour le vide les fluctuations de
n’importe quelle quadrature sont égales a I'unité :

VO, AyeeXy=1 (1.89)

Etat cohérent et état comprimé

a) Etat cohérent

Les états cohérents |o;) sont définis comme les états propres de l'opérateur d’anni-
hilation @; avec la valeur propre complexe «;. Un état cohérent |«y) peut se décomposer
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sur la base des états de Fock de la maniére suivante :
|Oél = €_|al‘ /2 Z |k‘1 (190)

Le nombre moyen de photons (N) dans un état cohérent est égal & |oy|? et I'écart-
type associé AN a |q|. La variance du nombre de photons est donc proportionnelle au
nombre moyen de photons, d’ot le terme bruit de grenaille (“shot noise”) communément
employé pour désigner ces fluctuations.

AN? = (N) (1.91)

Cette distribution se caractérise donc par un écart-type tres grand en valeur absolue

(A}nn AN = o0) mais tres petit en valeur relative (A}Hn AN/(N) =0). Les états co-

hérents sont également appelés états quasi-classiques. En effet la valeur moyenne du
champ électrique pour un état cohérent oscille au cours du temps a la fréquence wy
comme un champ électrique monomode classique :

(ag| EL(r)]|ay) = igy(ogeiar—et) _ qremitkir—wit)) 2, (1.92)

L’image classique associée a I’état cohérent n’est cependant valable que dans la mesure
ou les fluctuations (c’est-a-dire la variance) du champ électrique restent faibles devant
sa valeur moyenne. D’apres ce qui précede, ces fluctuations sont donc négligeables du
point de vue classique des que a; > 1, c’est-a-dire des que le nombre moyen de photons
de I'état cohérent est grand. De tels états peuvent étre produits par exemple par un
laser fonctionnant tres au-dessus du seuil.
Du point de vue quantique, les fluctuations d’un état cohérent sont isotropes et égales
a celles du vide.

VO, A, Xp=1 (1.93)

Tout comme le vide, I'état cohérent est un état minimal vis-a-vis de I'inégalité Heisen-
berg, c’est-a-dire que quelque soit 6, le produit des variances des variables conjuguées
est égale a la valeur minimale autorisée par 'inégalité d’Heisenberg :

AXZAYZ =1 (1.94)

Dans le repere de Fresnel, un état cohérent |a) associé a la valeur propre |ale™ est
représenté par un vecteur de norme |a| et d’argument ¢ auquel on superpose un disque
de fluctuations de rayon unité (voir figure [1.13). Le vide apparait simplement comme
un état cohérent d’amplitude nulle.
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AY
(b)

5 X

F1G. 1.13 — (a) : état cohérent du rayonnement dans le repere de Fresnel. On a également
représenté le le vide, qui est ’état cohérent d’amplitude nulle. (b) : états comprimés pour
différentes quadratures.

b) Etat comprimé.

L’inégalité d’Heisenberg contraint le produit des variances de deux variables conju-
guées a étre supérieur ou égal a un. En revanche rien n’interdit que la variance de I'une
des deux variables soit strictement plus petite que un pourvu que la variance de la
variable conjuguée demeure en revanche strictement plus grande que un. Autrement
dit, une mesure de I'une des deux variables avec une précision meilleure que la limite
quantique standard (on parle alors de réduction de bruit) s’accompagne nécessairement
d’une dégradation de la précision (on parle alors d’excés de bruit) dans la mesure de
I’autre variable. Les états du champ qui possedent cette propriété sont appelés états
comprimés. Pour de tels états, il existe donc une quadrature 6 vérifiant :

AXZ <1 (1.95)
Nécessairement la quadrature conjuguée vérifie alors :
AY? > 1 (1.96)

Dans I’ensemble de tous les états comprimés, il existe une classe d’états comprimés dits
minimaur qui satisfont simultanément les relations suivantes :

AXZ <1 (1.97)
AXZAYE =1 (1.98)

Dans le repere de Fresnel, un état comprimé est représenté par un vecteur auquel
on superpose une ellipse de fluctuations (voir figure [1.13). La compression de bruit
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s’effectue suivant le petit axe de 'ellipse tandis que I'exces de bruit s’effectue suivant
le grand axe.

B.2 Fluctuations quantiques d’un champ libre multimode

La partie précédente nous a permis d’introduire les notions de quadratures et d’in-
égalité d’'Heisenberg dans le cadre d’'un champ libre monomode. Or ce cas idéal est trop
simple pour décrire le champ produit par exemple par un laser. On introduit donc ici
la notion de champ quantique multimode temporel qui nous servira par la suite.

Opérateur enveloppe

Le champ produit par un laser possede une valeur moyenne non nulle sur une
bande étroite de fréquence et des fluctuations a toutes les autres fréquences (puisque
chaque mode possede au moins des fluctuations associées a ’état vide). Une description
complete de I'état quantique du champ nécessite donc de prendre en considération les
modes du champ a toutes les fréquences. En pratique, on se contente de modéliser le
champ comme la superposition d’'un champ moyen a la fréquence optique wy, et de
fluctuations dont les fréquences sont contenues dans une bande étroite de fréquences
autour de wy, [Fabre95]. Cette description rend compte de I’aspect multimode temporel
du champ mais ne tient pas compte de sa structure spatiale transverse. Ce probleme
étant abordé ultérieurement, on se limitera ici a considérer une onde d’extension finie
sur une section S, dont on néglige les variations d’amplitude dans le plan transverse.

En intégrant 'expression (1.73) sur une bande Aw centrée sur la fréquence wy, et
faible devant cette derniere!, on obtient I’expression du champ libre multimode :

R wr+Aw/2 dw ' '
E(t) = / 2—50(w)(dweﬂ°"t 4 dle“"t)
wrp—Aw/2 4T

wr+Aw/2 d B ' '
- / =/ (Gue™™t + af &) (1.99)
wi—Aw2 2™\ 2g05¢

Comme Aw < wp, on peut considérer & (w) a peu pres constant sur le domaine

d’intégration. On le remplace donc par sa valeur en w = wy . En effectuant le changement

1On utilisera les conventions suivantes pour la transformée de Fourier de f et sa transformée inverse

fw) = / At et (1) = o / do & ()
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de variables ) = w — wy, le champ prend pour expression : :

R +Aw/2 A0 ' '
Bt) ~ E(wr) / L P (1.100)
—Aw/2 2T
On pose alors :
A(Q) = de-i-Qa AT(Q) = a’iL—Q (1101)

L’opérateur champ s’exprime alors simplement en fonction des transformées de Fou-
rier inverses de A(Q) et AT(Q) et prend une forme trés similaire & celle d'un champ
monomode (voir équation (1.73))) :

Et) = Elwy)(e ™t /_ zjfgfi(me-mwc.c.) (1.102)
Et) = &Elwp)(e ™t A(t) 4+ et Al(t)) (1.103)

oll on a posé

~ +Aw/2 dQ 4
At = _Aw —iQt
0 = [ e

R +Aw/2 0 ‘
Aty = / dQar o (1.104)

_a _
Aw/2 2m <F “

L’opérateur fl(t) est appelé opérateur enveloppe. 1l joue le role d'une enveloppe lente-
ment variable autour de la fréquence optique. Avec la convention choisie dans I'équa-
tion (1.99) pour &, (Af(t)A(t)) s'interpréte comme le flux de photons & travers la
section S considérée, et /l(t) est homogene a la racine carrée d’une fréquence.

Comme dans le cas du champ monomode, les opérateurs de quadrature se définissent
alors a partir de la relation

Bt = & (X(t) cos wyt + Y (t)sin th) (1.105)
avec X(t) = A(t) + Af(t) (1.106)
Y (t) = i(AT(t) — A1) (1.107)

Fonction d’autocorrélation et spectre de bruit

Pour toute variable aléatoire f dépendant d’'un parametre t, on définit la fonction
d’autocorrélation de f entre les instants t et t’ par :

C(t, 1) = (fFO)f(A)) = (FO)S(E)) = (0f () f () (1.108)
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ave 61(t) = () — (f(£)).

Dans 'expression (1.108), () désigne la valeur moyenne a un instant t pris sur un nombre
arbitrairement grand de tirages possibles. Lorsque le processus est stationnaire, (f(¢))
ne dépend pas de t et C(¢,t') ne dépend que de 7 = ¢’ — t. Dans ce cas, le processus
est alors ergodique ce qui signifie que la valeur moyenne () définie ci-dessus coincide
avec la valeur moyenne temporelle effectuée sur une réalisation particuliere pendant un
temps “suffisamment long”.

Pour un processus stationnaire, la densité spectrale de bruit S¢(€2) (ou spectre de bruit)
de f s’identifie a la transformée de Fourier de la fonction d’autocorrélation :

Si(Q) = /dT C(r) ™™ (1.109)

D’autre part, le théoreme de Wiener-Khinchine permet de relier la fonction d’autocor-
rélation fréquentielle (9f (Q2) 9f(€Y')) au spectre de bruit S¢(€2) :

(S (Q) 6F()) = 27 S§(Q) 6(Q + Q) (1.110)

La définition du spectre de bruit donnée ci-dessus pose néanmoins un probleme de prin-
cipe : la mesure doit s’effectuée sur un temps infini. En suivant ’approche développée
dans la référence [Reynaud90], nous donnons donc une définition approchée du spectre
de bruit dans le cadre d’un temps de mesure fini.

Mesurer les propriétés de la variable aléatoire f pendant un temps fini revient a mesu-
rer celles de la variable z(t) = f(¢)z(t) ou z(t) est une fonction réelle a support borné
(non nulle sur un intervalle borné) qui caractérise le temps de mesure. Schématique-
ment il s’agit d’une fonction porte de largeur 7" et de hauteur 1/ VT ou T est le temps
de mesure. La variable z ainsi définie n’est alors plus stationnaire et on ne peut donc
définir son spectre de bruit a partir de la fonction d’autocorrélation temporelle de z.
On peut néanmoins considérer la fonction d’autocorrélation fréquentielle C,(w,w’) de
la variable z et définir le spectre expérimental par une formule analogue a (1.110) :

Con) = (W)= = [ [ S - @ - e@) (1

En utilisant (1.110), I'expression précédente devient :

(z(w)z(w)) = / ;ig:x(Q):c(w +w = Q)Sp(w —N) (1.112)

En supposant que le temps T de mesure soit suffisamment long pour que la bande
passante de x(2) (de l'ordre de 1/T) soit beaucoup plus étroite que la largeur du
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spectre de f, 'expression précédente peut alors s’écrire :

Co(w, ') = (z(w)z(w)) = X(w + w')Sf(w) (1.113)
X(v) = /gaz(Q)x(v - Q) (1.114)

Cette expression differe de (1.110) par le remplacement de 27d(w) par X (w). Par ana-
logie avec (1.110), on définit alors le spectre de bruit expérimental de f2 :

St (w) = (z(w)z(-w)) = X(0)S¢(w) (1.115)

Relations de commutation

Nous avons restreint I’étude a un champ de largeur spectrale Aw, c’est-a-dire un
champ dont la fonction d’autocorrélation est non nulle seulement pour des temps infé-
rieurs a 1/Aw. Dans la pratique, on utilise des filtres fréquentiels centrés autour d’une
fréquence d’analyse wy et de largeur Awy tres petite devant Aw, ce qui autorise a rem-
placer la fonction d’autocorrélation du champ par une distribution delta de Dirac. Le
commutateur entre les opérateurs enveloppes prend alors la forme :

[A(t), AT(t')] —5(t—1) (1.116)
ou encore, étant données les définitions 1.106-1.107,

[X(t), Yf(t’)} =2 §(t — 1) (1.117)

Spectres de bruit et matrices de variances

Considérons la composante de Fourier d'une quadrature quelconque X,. D’apres (1.104),
Nous avons :

~

Xp(Q) = A(Q)e + AT(Q)e'® (1.118)

La fonction d’autocorrélation fréquentielle de la quadrature X, s’écrit donc :

(6Xp()0X,(Y)) = (FA(Q)IANQ)) + (SAT(Q)FA())
+e 20 (SAQ)SA(Q)) + X0 (SAT(Q)SAT(Q))  (1.119)

2En prenant pour z une fonction porte de largeur T' et de hauteur 1/\/T, ona:X(0)=1
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Or, la relation 1.116 implique que
AQ), ANQ)| =21 6(Q+ Q) (1.120)

Les quatre fonctions d’autocorrélation de (1.119) sont donc d-corrélées en fréquence.
Les propriétés de bruit du champ sont completement caractérisées par la donnée des
quatre fonctions de corrélation des opérateurs dA(Q) et JAT(Q). Celles-ci peuvent étre
regroupées sous la forme d’une matrice 2 x 2, la matrice de variance du champ. On
note |A(Q)] le vecteur représentant le champ et [A(Q)| son adjoint. En remarquant que
At(—=Q) = [A(Q)]T, on a :

A(Q)
Al(©)

~

[A(Q)] =

~

: [AQ)] = [AT(-0), A(-9) | (1.121)

On définit alors la matrice de variance du champ [V (Q2)] par la relation :
21 §(Q+ Q) [V(Q)] = (J6AQ)][0A(Y)]) (1.122)

En combinant les équations (1.119) et (1.110), on obtient I'expression du spectre de
bruit a la fréquence (2 d’une quadrature quelconque Xy :

S5, () = V(D] + [V(Q)az + 2R([V ()] 12¢7) (1.123)

Le spectre de bruit de la quadrature la moins bruyante et celui de la quadrature la
plus bruyante valent respectivement :

St, Q) =[V(Qhi1+ V()22 — 2[[V()ho (1.124)

Se, (9) = V(s + [V(Qaz + 2[V(Q))al (1.125)

Omax

Pour un champ cohérent, seul le terme (§A(Q)5AT(Q)) est non nul®. La matrice de
variance s’écrit alors

[V ()] conerent = (1 O) (1.126)

0 0
La densité spectrale de bruit du vide est donc isotrope et égale a 1 :
Vo S}“GC: 1 (1.127)

Pour un champ multimode quelconque, la condition de réduction de bruit sous le bruit
quantique standard a une fréquence d’analyse €2 est donc qu’il existe un angle 6 tel que
la densité spectrale de bruit de la quadrature Xy soit inférieure a 1 :

Sx,(Q) <1 (1.128)

3Ce terme correspond & la création puis & la destruction d’un photon & partir du vide
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Lien avec les variances

De la relation (1.117), on obtient le commutateur entre les transformées de Fourier
de deux quadratures orthogonales :

A~

[X(Q), V()| = 4mi 5(Q + ) (1.129)

On peut alors montrer que I'inégalité d’Heisenberg (1.78) sur le produit des variances
de X et Y se généralise aux densités spectrales de bruit

Se(0)Sp () > 1 (1.130)

En pratique, un analyseur de spectre mesure les fluctuations d’une quadrature au-
tour d’une fréquence d’analyse §2/27, avec une résolution en fréquence § f petite devant
I’échelle des variations de la densité spectrale de bruit. Le signal fourni par 'analyseur
de spectre correspond donc & la variance de la quadrature Xj filtrée par un filtre de
bande passante J f autour de Q /27

AX] =20fSg () (1.131)
Dans ce cas, I'inégalité d’Heisenberg (1.130) s’écrit
AXZ AY}E > 4(5f)? (1.132)

Le bruit quantique standard mesuré par cette méthode augmente avec la bande passante
de la mesure. On voit donc que, pour un champ libre, raisonner sur les variances est
équivalent a raisonner en termes de densités spectrales de bruit.

B.3 Corrélations quantiques

On s’intéresse a présent aux corrélations existant entre deux champs. On peut dé-
finir la fonction de corrélation temporelle de deux processus de fagon analogue a la
relation (1.108)

Cua(t, 1) = (A0 fo(t)) = (L) (f2(t) = (0f2(2) 0f2(t)) (1.133)

Dans le cas de deux processus stationnaires, on peut a nouveau définir un spectre de
corrélation :

Slg(Q) == /dT 012(7') €iQT (1134)
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Le spectre de corrélations est a nouveau relié a la fonction de corrélation fréquentielle
(voir équation (1.110)) par la relation :

(0f1(Q) 0f2(Q)) = 2m S12(Q) 6(Q2 + ) (1.135)
On définit enfin le spectre de corrélations normalisé
C12(Q) = _ S (1.136)

V51(62)52(8)

ou S; et Sy sont les spectres de bruit de fi et fo. C12(£2) est un nombre complexe
vérifiant

[Cra(Q)] < 1 (1.137)

Matrice de covariance

On s’intéresse désormais a la fonction de corrélation fréquentielle entre les quadra-
tures X} et X2 des champs 1 et 22, On note |A; 5(Q)] le vecteur représentant les champs
1 et 2 et [A;2(2)] son adjoint :

A1 (Q
Ao
Ay (Q
Ay

)
A1 ()] = ; c [Aa(@)] = [A](-9), Ai(-9), A (=), Ax(=0) |(1.138)
On définit alors la matrice de covariance des champs 1 et 2 [Cov(Q2)] par la relation :
21 6(Q+ Q) [Cov()] = (|6A12(Q)][0A2()]) (1.139)
La fonction de corrélation fréquentielle a pour expression :
(0X16() 0X50()) = (5AL(Q)AL(Y)) + (FAL(Q)SAL(Q)) (1.140)
+e (5 A1 (Q)5Ax(Q)) + ¥ (SAL(Q)SA] ()

On en déduit 'expression du spectre de corrélation en fonction des coefficients de la
matrice de covariance :

S1.20(Q) = [Cov(Q)]1.3 + [Cov()]42 + 2R([Cov ()] 4e727) (1.141)

La matrice de covariance d’un systeme de deux modes joue un role fondamental en
optique quantique. Elle spécifie de maniere complete I’état du systeme lorsqu’il s’agit
d'un état Gaussien, i.e. un état dont la fonction de Wigner est gaussienne.

4L’angle 6 est volontairement identique pour les deux quadratures. On peut en effet montrer que
cette fonction de corrélation ne dépend que d’un parametre (voir [Josse03] p. 192)



B. Fluctuations quantiques du champ électromagnétique : introduction a l'optique
quantique en variables continues 47

Critere de corrélations quantiques entre deux champs : Gémellité

On peut montrer que lorsqu’on mesure le spectre de bruit d’un faisceau, on peut
décrire ce dernier en terme de champs stochastiques (il s’agit de 'approche dite “semi-
classique”) si son spectre de bruit est au-dessus de la limite quantique standard. Dans
le cas contraire, une telle description est impossible et on est alors en présence d’un état
“non classique” [Treps05b]. Les états comprimés (voir le paragraphe B.1) constituent
un exemple d’état non-classique. Si 'on considere a présent deux champs 1 et 2, on
parle de corrélations quantiques entre ces deux champs s’il est possible d’obtenir un

9 qur les états 1 et 2.

état non-classique par une quelconque opération linéaire passive
Autrement dit, I'existence d’une combinaison linéaire Xout = TXl — th des champs
1 et 2 ayant un spectre de bruit sous la limite quantique standard est une preuve que
les corrélations entre les champs 1 et 2 sont quantiques. En nous référant a [Treps05b],
nous définissons a présent la gémellité des champs 1 et 2 comme le minimum, par

rapport aux variables r et t, du spectre de bruit normalisé de Xoul®

G = mltn(SXm) (1.142)
or .
Sxou = [PP(0XT) + [t[?(6X3) — 2Re (rE(0X16X5)) (1.143)

En minimisant I’équation précédente par rapport aux variables r et t avec la condition
7[> + |t]*> = 1, on obtient :

G = min(8,,) = T2 \/ 518+ (2 2y (1.144)

Le critere de corrélation quantique entre deux champs peut donc étre formulé de la
facon suivante :

G <1 = Corrélations quantiques entre les deux champs

A la limite ott G = 1, le coefficient de corrélation (le cas d’anti-corrélations est tout a
fait équivalent a un signe pres) qui définit la limite quantique-classique vaut alors :

O etass = \/ SR (1.145)

511 s’agit d’une opération linéaire par rapport aux champs entrant et qui préserve l’énergie. En
optique on trouve principalement les lames semi-réfléchissantes et la propagation libre.
SNous avons volontairement omis la dépendance en  afin de ne pas alourdir les notations.



48 Chapitre 1. Introduction aux microcavités et au bruit quantique

L’observation d’une valeur de C 5 entre deux champs strictement supérieure & [C1 2]ciass
est donc équivalente a 'existence de corrélations quantiques entre ces deux champs.

Il existe de nombreux autres criteres qui définissent une limite entre une description
quantique et une description classique d’états comme le critere de mesure quantique-
ment non destructive (“QND measurement” ), le critere d’inséparabilité [Duan00] ou
encore le critere dit EPR (Einstein-Podolsky-Rosen) [Einstein35, Reid89]. Ces criteres
ne sont cependant pas équivalents entre eux. Par exemple un état non-séparable im-
plique nécessairement 1’existence de corrélations quantiques entre deux sous-systemes
qui composent cet état. La réciproque est en revanche fausse. Nous renvoyons a la ré-
férence [Treps05b] pour une description plus complete de ces différents criteres et de
leur gradation”. Dans toute la suite nous utiliserons le criteére de gémellité.

B.4 Mesure de bruit du champ électromagnétique

On étudie ici quelques techniques expérimentales qui permettent de mesurer les
fluctuations d’un champ électromagnétique (vide ou non) et les corrélations d’intensité
entre deux faisceaux.

Mesure des fluctuations d’amplitude d’un faisceau et des fluctuations du
vide

On considere un faisceau lumineux de fréquence wy, et de largeur Aw monomode
spatialement dans un état pur de polarisation. Le champ électrique est alors donné par
la formule (1.106)). L’opérateur intensité du champ vaut :

I=AtA (1.146)

Les fluctuations temporelles au premier ordre 61 de cet opérateur s’écrivent :
61 = ((AYY + 6AN((A) 4+ 6A) ~ (ANGA + (A)s A (1.147)

Dans toute la suite on choisit (A) réel. L’expression précédente devient donc :

of = (A)Y(GA + 5AT) = (A)oX (1.148)

Les fluctuations d’intensité sont donc directement proportionnelles aux fluctuations de
la quadrature d’amplitude. En mesurant le bruit d’intensité du faisceau a ’aide d’une

11 demeure néanmoins important de souligner que I'existence de corrélations entre deux faisceaux
par exemple, méme tres voisines de 1, n’assure en rien que ces corrélations sont quantiques.
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photodiode et d'un analyseur de spectre (voir figure [1.14) on peut donc directement
mesurer le bruit d’amplitude du champ® :

A

(61()?) = I{(6X(Q)?) (1.149)

ANALYSEUR DE e e
SPECTRE e

AVAV

Photodiode

FiG. 1.14 — Fluctuations d’intensité d’un faisceau lumineux mesurées a ’aide d’une pho-
todiode (PD) & haut rendement quantique et d’un analyseur de spectre.

Cette technique relativement simple ne permet pas en revanche de mesurer les fluctua-
tions du vide. Il faut pour cela “mélanger” le vide a un faisceau lumineux possédant les
mémes propriétés que précédemment(voir figure [1.15). On réalise cela en envoyant le
faisceau sur une lame semi-réfléchissante 50-50 (la détection est dite “équilibrée”). On
détecte ensuite les intensités des deux faisceaux sortants. Puis on en fait la somme ou
la différence des photocourants 1 et 2 a 'aide d’'un sommateur électronique. On analyse
alors le bruit de la somme puis celui de la différence a une fréquence donnée.

L’action de la lame séparatrice sur les champs entrants EA, Ep est décrite par la
transformation unitaire suivante :

(Es— Ep) (1.150)
By = E(EA + Ep) (1.151)

8Cette approche n’est valable que lorsque le rendement quantique de la photodiode (c’est-a-dire le

taux de conversion photon-électron) est proche de 1.
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[ [
ANALYSEUR DE R T
SPECTRE L
0O 0O
I +/- I2
I T
+/-
Photodiode
I2
A1 | ame 50/50
A A2
>
Photodiode

B

F1a. 1.15 — Le faisceau (voie A) incident est mélangé au vide ou a un oscillateur local
(voie B) sur la lame semi-réfléchissante. On mesure les spectres de bruit de la somme et
de la différence des photocourants. Le spectre de bruit de la somme est proportionnel au
bruit d’amplitude du faisceau. Le spectre de bruit de la différence est proportionnel au
bruit du vide.

La somme des intensités mesurées par les photodiodes est donnée par 1’expression :

Bomfit b= ATA, + ALA, — ATA+ BB (1.152)
La différence des intensités mesurées par les photodiodes est donnée par l'expres-

sion :
I =1 —1,=AlA — AlA, = ATB + BtA (1.153)

Le calcul au premier ordre des fluctuations de la somme et de la différences des intensités
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I, et Iy conduit a :
6, = (AYX4+ (B)oXp (1.154)
6I_ = (AV(6Xp)+ [(B)|(e 6A + 5 AT) (1.155)
ott (B) = |(B)|e®.

Dans le cas ou la voie B est vide, <f3) est nul. Le bruit d’intensité de la somme des
photocourants 1 et 2 est alors proportionnel au bruit d’amplitude du faisceau entrant.
Le bruit de la différence des photocourants 1 et 2 est quant a lui proportionnel au bruit
du vide, le facteur de proportionnalité étant 'intensité totale I;,; du champ entrant
dans la voie A. En faisant varier I;,;, on observe expérimentalement une dépendance
linéaire entre le bruit de la différence et I,,;. Le coefficient directeur de la droite ainsi
obtenue nous donne la valeur du bruit du vide. Expérimentalement, cette valeur dé-
pend de la fréquence d’analyse et de la bande passante de I'analyseur de spectre (voir
équation (1.130))). Elle fournit une calibration de la limite quantique standard pour un
faisceau dont l'intensité totale est ;.

Remarquons enfin que le bruit de la somme nous renseigne sur le bruit d’amplitude du
faisceau. Si le bruit de la somme est strictement supérieur au bruit de la différence alors
le faisceau entrant présente un exces de bruit sur la quadrature d’amplitude. Si il est
égal au bruit de la différence, le bruit du faisceau est a la limite quantique standard.
Si il est inférieur au bruit de la différence, le faisceau est comprimé en amplitude.

Mesure de bruit d’une quadrature quelconque d’un faisceau

Si 'on mélange a présent le faisceau de la voie A & un état cohérent |3) (avec
B = |Ble") beaucoup plus intense (|[(A)| << [(B)|) entrant par la voie B, d’apres
I'équation (1.155), les fluctuations d’intensité de la différence des photocourants de-
viennent :
SI_ ~ |(B)|(e 5 A + €5 AT) (1.156)
Le bruit de la différence est donc proportionnel au bruit de la quadrature X, du faisceau
A. En balayant la phase 6 du faisceau d’analyse (appelé oscillateur local), on peut donc
mesurer le bruit de toutes les quadratures du faisceau A. C’est le principe de la détection
homodyne.

Mesure de corrélations d’intensité entre deux faisceaux

Considérons a présent le cas de deux faisceaux 1 et 2 dont on veut mesurer les
corrélations d’intensité et déterminer si ces corrélations sont quantiques. La correspon-
dance établie au paragraphe B.3 entre les corrélations quantiques entre deux champs
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ANALYSEUR DE
SPECTRE

o ]

Sl1+/- 3l

F1G. 1.16 — Les faisceaux 1 et 2 sont envoyés sur les photodiodes 1 et 2 respectivement. La
partie HF' des photocourants est ensuite sommée ou soustraite a ’aide d’'un sommateur-
soustracteur passif. Le bruit de la différence ou de la somme est ensuite mesuré pour une
fréquence donnée a l’aide d’un analyseur de spectre.

et la réduction de bruit suggere d’effectuer une opération passive sur ces deux champs
en choisissant un couple (r,t) minimisant G (voir équation (1.144)). La réalisation ex-
périmentale de cette méthode peut s’avérer ardue voir impossible dans de nombreux
cas. Nous utilisons ici une méthode équivalente, plus simple a mettre en ceuvre. En
effet, nous avons vu que, dans un traitement linéaire des fluctuations, les fluctuations
d’intensité sont proportionnelles aux fluctuations d’amplitude d’un champ (voir équa-
tion (1.148))). Ceci suggere d’étudier les corrélations d’intensité entre deux champs afin
de remonter aux corrélations d’amplitude entre les deux champs. En effet, considérons
le bruit de la différence des intensités des champs 1 et 2 a une fréquence donnée 2. On
peut écrire :

(0(I — I)?) = (0I7) + (013) — 2(0 1,0 15) (1.157)

En utilisant la relation (1.148) I’équation précédente devient :
(0(I) — I,)%) = [,(6A%) + I,(6 A2) — 20/ L,{6 A0 Ay) (1.158)

Les fluctuations de la différence des intensités des champs 1 et 2 sont donc formellement
équivalentes aux fluctuations d’amplitude du champ A, = rA; —tA, avec r = /1; et
t = /1. Cette remarque entraine 1'inégalité suivante :

G S <5(Il - 12)2>n07"m. (1159>
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On obtient donc une condition suffisante sur 'existence de corrélations quantiques
d’amplitude entre deux champs : Si le bruit de la différence des intensités des faisceauz
1 et 2 est sous la limite quantique standard a une fréquence §2 alors les deux faisceaux
présentent des corrélations d’amplitude de nature quantique. Cette condition peut étre
facilement mise en oeuvre expérimentalement, et ceci, quelque soient les champs 1 et 2
(voir figure [1.16).

B.5 Génération d’états comprimés du champ

Les processus non-linéaires sont couramment utilisés pour générer des états com-
primés du champ. Ce sont généralement les non-linéarités de type x® (amplification
paramétrique) ou x® (effet Kerr, mélange & quatre ondes) qui sont utilisées [Walls94,
Bachor04]. Nous décrivons ici comment ces deux processus permettent de réduire le
bruit de I'une des quadratures en dessous de la limite quantique standard. Nous dé-
veloppons ici un modele tres simple, a un seul mode du champ et sans pertes, afin
d’expliquer schématiquement le fonctionnement de ces processus.

Amplification paramétrique dégénérée : non-linéarité du second ordre

Nous considérons un cristal présentant une non-linéarité x®. Le Hamiltonien, qui
décrit la conversion d’un photon de pompe a la fréquence 2w en deux photons dans le
mode a a la fréquence w dans ce cristal, est donné par :

H = hwa'a + he(Poe 210 + Py*e*™'a?) (1.160)

Le premier terme du Hamiltonien décrit I’énergie dans le mode a. Le second terme
décrit la création de deux photons dans le mode a et la destruction d’un photon du
mode pompe qui est ici traité classiquement, 1’état de la pompe étant tres bien décrit
par un état cohérent avec un tres grand nombre de photons dans le mode et donc
analogue a un champ classique d’amplitude complexe Py oscillant a la fréquence 2w.
Le dernier terme décrit le processus inverse.

L’équation d’évolution pour l'opérateur lentement variable

a(t) = a(t)e™ (1.161)

est donnée par I’équation d’Heisenberg :

p .
= _%[@, H]| = —i2¢Poat (1.162)
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En utilisant I’équation hermitique conjuguée de I’équation (1.162), on arrive facilement
a

(t) = a(0) cosh(|glt) + %eﬁ(o) sinth(|g|t) (1.163)

ou g =12§P;. En supposant g réel positif, on obtient :

S|

X(t) = %(d(t) +al(0) = X(0)e (1.164)
V) = %(d(t) _ () = V(0)e (1.165)

Ces deux équations expriment le fait que la conversion paramétrique produit une
amplification dépendant de la phase : au cours de 1’évolution temporelle, la quadrature
X est amplifiée, tandis que la quadrature orthogonale est désamplifiée. L’état produit
par 'interaction satisfait

AX2(t) = AX2(0)e¥ | AY?(t) = AY?(0)e %! (1.166)
AX2(H)AY?(t) = AX2(0)AY?(0) = 1 (1.167)

Il s’agit donc d'un état comprimé minimal.

Mélange a quatre ondes : non-linéarité du troisieme ordre

Les non-linéarités du troisieme ordre jouent un role majeur dans la suite de ce
mémoire. Elles mettent en jeu des phénomenes de type mélange a quatre ondes dans
lesquels deux photons pompes p; et ps (les pompes sont a nouveau traitées classique-
ment) donnent naissance & une autre paire de photons a et b au sein d’'un milieu avec
une non-linéarité de type x®( voir figure 1.17). C’est d’ailleurs dans ce type de mi-
lieu (une vapeur de sodium) et en utilisant un mélange a quatre ondes qu’'on a, en
1985 aux Bell Labs, observé expérimentalement pour la premiere fois des fluctuations
comprimées [Slusher85]. L’ensemble du processus doit conserver a la fois 1'énergie et
I'impulsion totale du systeme.

On peut distinguer deux configurations particulieres de mélanges a quatre ondes. Dans
la premiere, les photons pompes sont co-propageant. Cette situation sera rencontrée
au chapitre 2 dans la configuration dite “a I'angle magique” et dans les expériences sur
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les microcavités triples. La conservation de I’énergie et de I'impulsion se traduit dans
ce cas par les conditions suivantes pour le signal et le complémentaire :

2Ep0mpe = Esignal + Ecomp. (1168)
2kp - ksignal + kcomp. (1169)

Dans la seconde configuration, les photons de pompes sont contra-propageant et de
méme énergie. La conservation de I’énergie et de 'impulsion devient :

Epompe - Esignal :Ecomp. (1170)
ksignal = kcomp. (1171)

P

b

Fi1Gg. 1.17 — Représentation schématique d’un processus de mélange a quatre ondes : cas

des pompes contra-propageantes.

Le processus peut étre étudié a 1’aide du Hamiltonien analogue a (1.160) pour un
processus a deux pompes non dégénéré :

H = hwa'a + hwb'd 4 hg(PyPye 210t + Py Py e?™tab) (1.172)

ou l'on traite classiquement les deux faisceaux pompes. On se restreint ici au cas ou
les modes a et b oscillent a la méme fréquence w des faisceaux pompes. Les équations

d’évolution pour les opérateurs lentement variables a = ae™?, b = be™" sont aisément

déduites de (1.172) :
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%a = —ikb! (1.173)
d:
%b = —iKQ (1.174)

oll k = |k|e"? = gP;P,. La solution des équations (1.173)) et (1.174) fournit :

a(t) = a(0) cosh(|x|t) 4 ib(0)e™ sinh(|x|t) (1.175)
b(t) = b(0) cosh(|x|t) — ia(0)e™* sinh(|x|t) (1.176)

Ce processus génere en réalité des photons corrélés quantiquement. En suivant le
critere de géméllité développé au paragraphe B.3, on recombine les champs signal et
complémentaire sur une lame semi-réfléchissante et on introduit un déphasage sur I'un
des deux champs. Les champs ainsi obtenus sont combinaisons linéaires des modes a, b.
Nous examinons I'un d’entre eux, § :

5(t) = %(a@) + 65(8) (1.177)
() = —= (") + e B (¢)) (1.178)

V2

Les opérateurs de quadrature correspondants sont :

Xi(t) = 5(5() + 5T(1)) (1.179)
Vi(1) = 5 (30) — 8 (1) (1.180)

Un calcul simple montre alors que, en choisissant :
d=p—m/2 (1.181)

on obtient :

X,(t) = 2%[(&(0) +a'(0)) — i(b(0)e™ — bt (0)e™)]eInlt (1.182)

On peut en déduire sans difficulté :

; 1
AXE(t) = Ze*w (1.183)
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Dans ce cas la compression de bruit obtenue sur les faisceaux recombinés linéairement
est une preuve de I'existence de corrélations quantiques entre les modes signals et idler.
En principe, la compression que 'on peut obtenir est sans limite. Bien entendu, un
traitement plus réaliste doit prendre en compte la nature quantique du milieu, et en
particulier les fluctuations quantiques associées aux pertes, qui limitent la compression
de bruit que 'on peut réellement obtenir.
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C Dispositif experimental

Dans cette partie, nous décrivons les principaux éléments des montages expérimen-
taux élaborés dans cette these.

C.1 Sources laser

Source principale

La principale source laser utilisée lors des expériences décrites dans les chapitres 2, 4
et | est un laser titane saphir monomode continu, conc¢u au Laboratoire Kastler Brossel
par Francois Biraben. Cette source laser, accordable contintiment entre 820 et 850 nm,
possede une puissance de sortie d’environ 600 mWW a 830 nm et une largeur spectrale
de 1 MHz. Pour des fréquences supérieures a 3.5 Mhz, le bruit d’intensité du faisceau
laser correspond a celui d’un état cohérent. Le fonctionnement de ce laser est décrit en
détail dans la these de Gaétan Messin [Messin(0)].

Le milieu amplificateur est un cristal de saphir dopé au titane. Sa courbe d’absorp-
tion s’étend de 400 a 600 nm environ, tandis que sa courbe de gain couvre une large
plage spectrale comprise entre 700 et 1100 nm. Le cristal est pompé a incidence de
Brewster par le mode T'E My, d’un laser & argon ionisé (Innova 300) de polarisation
linéaire horizontale, qui délivre 10 W de puissance optique a 514 nm pour un courant
de pompage de 55 A.”. Une lentille divergente de focale -500 mm permet d’ajuster le
waist du laser de pompe au niveau du cristal de maniere a optimiser le pompage.

La cavité laser, représentée sur la figure [1.18], est une cavité en anneau constituée
de six miroirs. Deux miroirs sphériques (M1 et M2 dans le dessin, rayon de courbure
de 15 c¢m), définissent le mode gaussien de l'oscillation laser. Le miroir M1 est traité
antireflet sur la face arriere; il est également traité sur la face sphérique pour avoir
une réflectivité maximale dans le proche infrarouge et un coefficient de transmission
maximal dans la plage 486-515 nm. On peut ainsi pomper le cristal de titane saphir a
travers M1, qui constitue pour le laser de pompe une lentille plan concave. Les autres
miroirs sont plans. Le coupleur de sortie est M6, qui a un coefficient de transmission
de 4%.

Un rotateur Faraday, constitué par un verre de Hoya placé a I'incidence de Brewster
dans l'entrefer d’un aimant permanent, permet d’assurer un fonctionnement unidirec-
tionnel au laser. En effet, pour éviter que la lumiere ne circule dans les deux sens dans
la cavité (ce qui aurait comme effet la création d’un trou de population, ou spatial

9Pour la précision, un petit pourcentage de la puissance est émis dans la raie & 488 nm.
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Fig. 1.18 — Laser titane saphir modele Biraben. Figure empruntée a la réfé-

rence [Messin00].

hole burning, dans le cristal, & cause de 'onde stationnaire), on fait tourner la pola-
risation du faisceau d'un angle d’environ 3° lors de son passage dans le rotateur, et
ceci indépendamment de son sens de propagation. Pour la lumiére se propageant dans
le sens anti-horaire cette rotation est compensée par les trois miroirs M4, M5 et M6,
qui font effectuer au faisceau une excursion hors du plan du laser. Pour I'autre sens de
propagation, les deux rotations s’additionnent. Ceci a pour effet d’introduire des pertes
supplémentaires pour ce sens de propagation, a cause des nombreux éléments en cavité
placés a l'incidence de Brewster (le cristal, ’étalon épais, le verre de Hoya, et le filtre
de Lyot). Le seuil d’oscillation est donc plus élevé pour ce sens de propagation et 'effet
laser ne peut donc s’y produire.

Le fonctionnement monomode fréquentiel est obtenue grace a trois filtres sélectifs
en fréquence. Le premier, appelé filtre de Lyot, est constitué de quatre lames biréfrin-
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gentes. Son intervalle spectrale libre est d’environ 17 THz (soit 36 nm a 830 nm), et sa
largeur est d’environ 200 GHz (soit 4 nm a 830 nm). Ce filtre sélectionne la longueur
d’onde du laser, mais il est trop large pour assurer un fonctionnement monomode. On
utilise alors un deuxieme filtre plus sélectif en fréquence appelé étalon mince. 1l s’agit
d’une simple lame de silice qui réalise un filtre Fabry-Perot de faible finesse grace aux
réflexions multiples aux interfaces. Enfin un troisieme filtre appelé étalon épais assure
le fonctionnement monomode du laser. Il s’agit d’un filtre de type Fabry-Perot, consti-
tué de deux prismes, d’intervalle spectral libre de 20 GHz et largeur 500 MHz). La
fréquence du laser est accordée en jouant sur le filtre de Lyot (ce qui cause un saut de
mode de I’étalon mince soit une variation de 0.35 nm environ de la longueur d’onde a
830 nm) ou sur I’étalon mince (ce qui cause un saut de mode de I’étalon épais soit une
variation de la longueur d’onde de 0.04 nm). Un ajustement continu sur une plage de
15 GHz est possible en changeant la longueur de la cavité avec le bilame.

Le pic de transmission de I'étalon épais est centré en permanence sur un mode de
la cavité grace a une boucle de rétroaction qui commande une cale piézo-électrique
montée sur un des deux prismes de ’étalon épais (voir figure 1.18). Ceci permet de
réduire la dérive de la puissance émise, en suivant avec 1’étalon épais le mode de la
cavité, ce dernier se déplacant peu a peu en raison de lentes dérives thermiques. La
conception du laser permet aussi de compenser ces dérives en utilisant une deuxieme
contre-réaction sur un piézo solidaire du miroir M3, pour asservir le laser sur une
cavité stable de référence. Dans nos expériences, cet asservissement ne s’est pas révélé
nécessaire car la largeur spectrale des polaritons est d’environ 20 Ghz. Le profil spatial
du faisceau est “nettoyé” en couplant le faisceau dans une fibre monomode. A la sortie
de la fibre, on obtient un mode avec un profil gaussien. En outre 'utilisation de la fibre
optique permet de découpler la source laser du reste du montage expérimental. Enfin,
il est nécessaire de réduire les fluctuations de l'intensité émise. Ceci est effectué en
utilisant un modulateur électro-optique, placé hors cavité avant la fibre optique, dont
la tension est controlée par une contre-réaction sur l'intensité du faisceau en sortie
de fibre. Une lame quart d’onde, placée en entrée du modulateur, permet de régler la
transmission du modulateur et donc la plage d’excursion de la contre-réaction.

Source secondaire

Lors des expériences réalisées sur les microcavités tripes (voir chapitrel3)), nous avons
utilisé comme source laser un laser Ti :Sa commercial Mira 900 (Coherent) accordable
entre 700 et 980 nm. La longueur d’onde est réglée avec un filtre Lyot. Le laser Ti :Sa
est pompé par un laser Verdi (Coherent) & 532 nm avec une puissance de 8 W.
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C.2 Spectrometre

L’analyse spectrale de la lumiere s’effectue a ’aide d'un spectrometre (Jobin Yvon

HR 1000). Deux entrées et deux sorties sont présentes, a une distance d'un metre.
L’entrée et la sortie sont équipées de deux fentes identiques, dont on peut régler ’ou-
verture avec une précision de 10 pum. Pour 'ouverture minimale, de 10 um également,
la résolution spectrale de 'appareil est de 0.02 nm. Le spectrometre est calibré a 1’aide
d’une lampe a vapeur de mercure (longueur d’onde utilisée : 834.69 nm). En sortie du
spectrometre, la lumiere est détectée au choix, soit par un photomultiplicateur pour
une détection de signaux tres faibles, soit par une barrette CCD. Un miroir monté sur
bascule permet d’orienter la lumiere vers I'un ou l'autre des détecteurs.
Une faible partie de la lumiere émise par la source laser est envoyée dans une fibre
monomode dont la sortie est dirigée sur ’entrée du spectrometre. La lumiere émise par
la microcavité est, quant a elle, collectée a 1’aide d'une fibre multimode et également
envoyée vers le spectrometre.

C.3 Caméra CCD

Dans nos expériences (hors microcavités triples), I'imagerie en champ lointain est
réalisée a 'aide d’une caméra CCD de la marque RoperScientific, du type VERSAR-
RAY XP :1K/TE. Il s’agit d'un détecteur carré 1024 x 1024 pixels. La taille des pixels
est de 13 um x 13 um . Le détecteur peut étre amenée a la température de —70° par
refroidissement thermoélectrique forcé. Ce détecteur présente notamment un courant
d’obscurité extrémement faible (0.001 électrons/pixel/s & —70°). L'imagerie de champ
proche est quant a elle réalisée a I'aide d’'une caméra CCD infrarouge de la marque JAI
du type CV-M50-IR. I s’agit d’un détecteur rectangulaire 768 (h) x 494 (v) pixels. La
taille des pixels est de 8.4 um x 9.8 um. Le traitement des images s’effectue avec le
logiciel Winview qui permet d’effectuer des opérations mathématiques pixel par pixel
ou du filtrage.

C.4 Cryostat

Nous utilisons un cryostat a circulation d’hélium liquide du type Microstat produit
par Ozford Instruments (voir figure [1.19). L’échantillon est placé sur un support qui
se positionne sur un doigt froid. Le cryostat possede deux fenétres qui permettent des
expériences en réflexion et en transmission avec une ouverture angulaire tres élevée
(£144°). L’échantillon peut étre maintenu a une température nominale de 4K pendant
plusieurs heures, avec des variations inférieures au pourcent. L’échantillon est placé sous
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Fi1G. 1.19 — Coupe schématique du cryostat a circulation d’Helium. La température no-
minale est de 4K.

vide & 'aide d’une pompe turbo Alcaltel ATP 80 (controleur électronique ACT 200)
a des pressions inférieures & 107° Torr (1 Torr ~ 133.3 Pa). Le cryostat est monté sur
deux platines de translation Newport qui permettent de le déplacer dans les directions
horizontale et verticale avec une précision de 10 pum. Ceci nous donne la possibilité de
changer la position du spot d’excitation sur 1’échantillon.

C.5 Photodiodes et analyseur de spectre

Matériel

Les photodiodes utilisées pour les mesures de bruit sont de type EG&G FND 100.
Elles possedent une efficacité quantique & 830 nm de 88% et un temps de réponse rapide
ce qui permet d’avoir acces a une large plage de fréquences du spectre des photocou-
rants. Leur tension de polarisation élevée (100 Volts) assure une intensité lumineuse
de saturation suffisamment élevée. Des montages électroniques, élaborés au labora-
toire, permettent de séparer la partie continue du signal de la partie haute fréquence,
et de les amplifier de fagon convenable. Ces montages sont décrits en détail dans les
références [Messin(0, Hadjar98]. Nous avons également utilisés d’autres montages élec-
troniques constitués de filtres passe-bandes sur la voie hautes fréquences spécialement
congus par ’équipe de G. Leuchs a Erlangen pour avoir un bruit électronique tres
bas autour d’une fréquence donnée (4 Mhz dans notre cas). Le niveau de puissance
optique détectable par ces photodétecteurs est de 'ordre du microwatt et permet des
mesures de bruit avec des faisceaux lumineux tres faibles. Ces circuits se sont révélés
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tres précieux lors des expériences d’optique quantique dans les microcavités triples.

Lors de mesures de bruit, on est amené généralement a utiliser deux détecteurs
(voir section B.4). Les photocourants sont sommés ou soustraits a I’aide d’un disposi-
tif électronique sommateur-soustracteur [Messin00]. Il est donc primordial de s’assurer
de 1’équilibrage des deux photodiodes : leurs réponses aux signaux optiques doivent
étre identiques au maximum. La procédure pour s’en assurer est décrite dans la réfé-
rence [Hermier00].

On utilise en général comme source lumineuse une diode laser dont on peut faci-
lement moduler l'intensité émise a la fréquence de quelque MHz. A T’aide d’une lame
A/2 et d'un cube polariseur, on envoie la moitié de la lumiere émise sur chaque photo-
diode. En premier lieu, on s’assure a l'aide d'un wattmetre de précision qu’on envoie
bien la méme puissance optique sur les deux photodétecteurs. On mesure ensuite la
tension absolue (obtenue apres soustraction des offsets électroniques) de la voie DC
de chacune des photodiodes. On répete ensuite ces deux opérations successives pour
différentes valeur de la puissance lumineuse incidente. Enfin, on trace la courbe de la
tension absolue de la voie DC en fonction de la puissance lumineuse pour chacune des
photodiodes. Ceci permet d’une part de tester la linéarité de la réponse des photo-
diodes (les courbes ainsi tracées devant étre des droites) et d’autre part de comparer
leurs réponses respectives. Les deux photodiodes sont équilibrées si elles ont la méme
réponse (i.e. si les coefficients directeurs des deux droites sont égaux). En outre, on
peut ainsi mesurer 'efficacité quantique des détecteurs une fois connue la résistance de
charge des photodiodes.

Pour controler 'équilibrage des voies HF, il faut déterminer le tauz de réjection
du systeme. Cela consiste a appliquer une modulation au courant d’alimentation de la
diode. Cette modulation apparait comme un pic a une fréquence donnée a l’analyseur
de spectre (Agilent EE4401-B, bande passante 9 kHz - 1.5 GHz). Le taux de réjection
est la différence entre les hauteurs du pic de modulation de la somme et de la différence
des photocourants. Typiquement, on obtient une réjection de plus de 30 dB sur toute
la plage de fréquence d’intérét (4-30 MHz).

Calibration du bruit quantique standard

Dans les expériences présentées dans ce mémoire, nous mesurons directement le
bruit d’intensité des faisceaux. Par rapport a la détection équilibrée ou a la détection
homodyne (voir section B.4), cette technique présente I'inconvénient qu’elle ne donne
pas acces au bruit quantique standard de référence. Il est donc nécessaire de calibrer
le bruit quantique standard correspondant a une puissance optique donnée. Ceci nous
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permet de comparer le bruit d'un faisceau quelconque de puissance optique donnée
au bruit quantique standard. Cet étalonnage s’effectue de la maniere suivante : notre
source laser est envoyée a travers le dispositif expérimental de la figure [1.15/ qui sépare
le faisceau principal en deux faisceaux de méme intensité envoyés respectivement sur
chacune des photodiodes. Le bruit de la somme des photocourants est alors propor-
tionnel au bruit d’intensité de la source a la fréquence d’analyse (typiquement 4 Mhz)
tandis que le bruit de la différence est proportionnel au bruit quantique standard, le
facteur de proportionnalité étant I'intensité lumineuse totale (voir section B.4). En fai-
sant varier 'intensité totale, on obtient la calibration du bruit quantique standard en
fonction de l'intensité lumineuse totale ou ce qui est équivalent de la DC totale des
photodiodes.

Une courbe typique est présentée sur la figure [1.20 (a). Les trois courbes affichées
représentent le bruit (en amplitude) de la somme et de la différence des photocourants,
ainsi que le bruit électronique produit par le systeme de détection. Pour remonter
au spectre de bruit, il suffit de retrancher la contribution du bruit électronique, en
soustrayant au carré du bruit en amplitude le carré du bruit électronique.La courbe de
la figure [1.20] (b) fournit la calibration du bruit quantique standard. En effet, lorsque
le coefficient directeur de la droite , appelé densité spectrale de bruit/uW , est multiplié
par la valeur en W de la puissance optique incidente, on obtient le bruit quantique
standard correspondant a cette puissance optique.

Cette méthode permet en outre de s’assurer que le bruit d’intensité de la source
lumineuse est bien a la limite quantique standard. En effet :

1) le niveau de bruit de la somme et de la différence des photocourants est égal (voir
figure [1.20 (a)).

2) le bruit d’intensité est proportionnel a l'intensité (voir figure [1.20 (b)), ce qui est
caractéristique d’un processus poissonnien.

Il est essentiel d’effectuer cette procédure dans les mémes conditions que lors des
mesures expérimentales ce qui signifie que ’ensemble de la chaine électronique, des pho-
todiodes a I’analyseur de spectre, doit étre identique dans les deux cas. Les parametres
de I'analyseur de spectre doivent également étre identiques et, en tout premier lieu, la
résolution spectrale (c’est la fonction Resolution Bandwidth de I'analyseur de spectre).
En effet, nous avons vu dans la section B.2/ que lorsqu’on mesure la densité spectrale de
bruit a une fréquence fixe, I’analyseur filtre le signal avec un filtre en créneau centré sur
la fréquence d’analyse et dont la largeur correspond a la Resolution Bandwidth choisie.
Le shot noise ayant un spectre plat en fréquence, le niveau de référence mesuré est
proportionnel a la largeur de la bande de fréquence sur laquelle on intégre (voir équa-
tion (1.132)). Il est donc essentiel d’utiliser toujours la méme largeur ou de normaliser
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les mesures a la bande passante choisie, sans quoi la comparaison des niveaux de bruit

devient fausse.
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A Introduction

En 1998, Dang et. al. ont observé pour la premiere fois une émission non-linéaire
dans les micro-cavités semi-conductrices en régime de couplage fort [Dang98|. Deux
ans plus tard, ’équipe de Jeremy Baumberg a Southampton a démontré expérimen-
talement l’existence d’un processus tres efficace d’amplification paramétrique de po-
laritons [Savvidis00]. Ces expériences ont été réalisées dans une configuration de type
“pompe-sonde” : la branche basse de polaritons est pompée de maniere résonnante par
une impulsion laser. Une autre impulsion beaucoup plus faible vient alors sonder I'état
de plus basse énergie de la branche basse a 'incidence normale. La réponse du systeme
est étudiée en faisant varier ’angle d’incidence du faisceau pompe ce qui, en vertu de
la conservation de la composante transverse de I'impulsion dans I'interaction excitons-
photons, équivaut a faire varier I’état polaritonique créé. Ces expériences ont démontré
I'existence d'un angle particulier, souvent appelé angle magique, pour lequel le faisceau
sonde réfléchi est amplifié d'un facteur 100. Cette amplification a lieu pour une plage
angulaire d'un a deux degrés autour de 'angle magique. De plus, lorsque 'excitation a
lieu a I'angle magique, on détecte ’apparition d’un troisieme faisceau formant un angle
double par rapport a la pompe.

Ces expériences ont permis de conclure que c’est une interaction non-linéaire entre
polaritons qui est a l'origine de ce phénomene d’amplification paramétrique. Cette in-
teraction met en jeu quatre polaritons : deux polaritons du mode pompe ayant un
vecteur d’onde transverse ky, et une énergie E(k,) donnent naissance a deux polari-
tons de vecteur d’onde respectifs 0 et 2k, et d’énergies respectives E(0) et E(2k,).
L’amplification paramétrique a lieu lorsque le vecteur d’onde du faisceau pompe réalise
I'accord de phase pour le processus (2E(k,) = E(0) + E(2k;)). Cette condition ne
peut étre remplie que si le systeme est décrit en terme de polaritons. En effet, c’est
bien la courbe de dispersion des polaritons, profondément modifiée par le couplage fort
entre excitons et photons, qui permet I'existence d’un tel processus. Ni une description
en termes d’excitons “nus”, ni un phénomene de relaxation assisté par les phonons des
polaritons de pompes vers I'état fondamental de plus basse énergie, ne sauraient rendre
compte des phénomenes observés. Peu de temps apres, des expériences réalisées avec
un pompage continu ont montré que la diffusion paramétrique de polaritons est suf-
fisamment efficace pour déclencher une oscillation paramétrique dans les deux modes
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0, 2k, appelés respectivement signal et complémentaire, et ceci méme en I'absence de
sonde [Stevenson(0)].
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Fi1G. 2.1 — Représentation du mécanisme physique qui permet I'amplification paramé-
trique des polaritons dans le mode signal k = 0. Des polaritons de vecteur d’onde kp
sont créés par une impulsion de pompe. Lorsque kp, est tel que la condition d’accord de
phase E(0) + E(2kp) = 2E(kp) est satisfaite, I'injection de quelques polaritons a k = 0
stimule le transfert de polaritons dans les deux modes signal et complémentaire a travers
le processus de diffusion {kp, kp} = {0,2kp}.

Dans la premiere partie de ce chapitre, j’introduirai le formalisme théorique qui per-
met de décrire I'interaction non-linéaire entre polaritons. Puis je présenterai dans une
deuxieme partie les expériences d’oscillation paramétrique réalisées dans la configura-
tion de I'angle magique durant ma premiere année de these et qui ont été effectuées
avec Marco Romanelli alors en derniere année de these. J'insisterai sur I’analogie entre
I'oscillation paramétrique dans les microcavités semi-conductrices et le méme phéno-
meéne dans les oscillateurs paramétriques optiquest. J’évoquerai néanmoins les limites
de cette configuration, notamment le déséquilibre trop important entre les intensités
des modes signal (0) et complémentaire (2kp), qui rend impossible toute mesure de

'Dans un oscillateur paramétrique optique, on est en présence d’une interaction entre trois ondes
par l'intermédiare d’une non-linéarité de type x(?). Dans notre systeme la non-linéarité est de type x(%).
Par analogie, on appellera néanmoins oscillation paramétrique tout processus non-linéaire mettant en
jeu trois modes polaritoniques distincts et on réservera la dénomination de mélange a quatre ondes
lorsque l'interaction met en jeu quatre modes distincts (voir sections [Dl et [E)
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corrélations entre ces deux modes. Cette constatation a motivé la mise en place d’une
nouvelle expérience de mélange a quatre ondes dégénéré. Dans la troisieme partie je
présenterai une étude théorique de ce processus et je montrerai qu’il permet de générer
des polaritons “jumeaux” aussi bien sous le seuil d’oscillation qu’au-dessus. Enfin je
décrirai les expériences réalisées dans cette nouvelle configuration. Elles ont permis de
générer pour la premiere fois des modes polaritons corrélés.



B. Interactions entre polaritons 71

B Interactions entre polaritons

La description en terme de polaritons d’une microcavité semi-conductrice en régime
de couplage fort n’est valable que pour de faibles densités d’excitons (voir [A.1). En ef-
fet, lorsque la densité d’excitons augmente, on ne peut plus négliger les interactions
coulombiennes entre les électrons et les trous. Il devient alors nécessaire de compléter
le Hamiltonien linéaire introduit au premier chapitre (voir A.4) par des termes supplé-
mentaires d’ordre 2 en densité excitonique. Ces termes rendent compte de I'interaction
effective & deux corps entre les excitons (interaction coulombienne entre les électrons
et les trous) et de la saturation du couplage exciton-photon (phénomene de satura-
tion d’une transition optique avec l'intensité d’excitation). Ces termes ont la forme
suivante [Rochat00] :

1 " " A a
Heve—cxe = 5 Z ‘/qu+quk/_qbkbk’ (21)
kk',q
Hiphr = — Z ‘@at(dL+qEL/,qu6k' + iy qbie—qbibl) (2.2)
kk’,q

Le Hamiltonien (2.1) décrit I’annihilation de deux excitons de vecteurs d’ondes k
et k' et la création de deux excitons de vecteurs d’ondes k + q et k' — q, ’ensemble
du processus garantissant la conservation de 'impulsion transverse totale. V, est la
transformée de Fourier du potentiel coulombien pour un systeme bidimensionnel et
vaut :

2me?

cAq
ou A est laire de quantification. Lorsque ga.,. < 1, on peut négliger la dépendance de
V, vis-a-vis de ¢ qui devient alors [Karr01] [Ciuti03] :

v, = (2.3)

662 Gepe
V,~Vy = 2.4
q 0 &'A ( )
Dans (2.2), Vit = Qr/2nsatA, ot ngy = 7/(16wa2,,) est la densité de saturation de

I'exciton.

B.1 Hamiltonien effectif pour la branche basse de polaritons

Les opérateurs polaritoniques de branche basse py et de branche haute ¢ sont des
combinaisons linéaires des opérateurs excitoniques by et photoniques ay (voir A.4).
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En inversant les relations (1.41)et (1.42), on peut donc réécrire 'interaction entre les
excitons (2.1) et le terme de saturation du couplage exciton-photon (2.2) en termes
des opérateurs py, k. L’expression ainsi obtenue se simplifie grandement si I'on tient
compte de 'approximation suivante : dans toutes les expériences effectuées dans ce
mémoire la branche basse est excitée de fagon résonnante, avec un faisceau laser de
pompe dont la largeur spectrale est de 'ordre du MHz. Etant donné que la séparation
en énergie entre les deux branches est tres importante devant le terme d’interaction
non-linéaire (pour notre échantillon, Qg est de 5 meV, ce qui correspond a 1200 GHz),
on peut completement négliger la contribution de la branche haute ¢y. Avec cette
approximation, l'inversion des équations (1.41) et (1.42) devient tout simplement :

b = XicPic (2.5)
ax = —CxPx (2.6)

Les équations (2.5) et (2.6) montrent que I'information sur 'amplitude et la phase
du champ polaritonique est contenue dans le champ photonique. Cette remarque im-
portante montre qu’il suffit de mesurer le champ lumineux pour accéder aux propriétés
des polaritons intra-cavité [Ciuti03].

En réécrivant (2.1)) et (2.2) en termes des opérateurs polaritoniques et en ne gardant
que les termes contenant les opérateurs de branche basse py, on obtient le Hamiltonien
effectif suivant :

1 g
Hy p = ) Z ij,glg,qpkmp;r{/,qpkpk' (2.7)
k.k/,q
ou
View q = VoXjera X + 2Veat (Clierq Xie + Xietq Ol )| X jpe— g X (2.8)

Excepté dans le cas ou le désaccord cavité-exciton est tres négatif, le terme de
saturation peut souvent étre négligé car il est plus petit de plus d’un ordre de grandeur
par rapport au terme d’interaction coulombienne.

Le Hamiltonien non linéaire H,_, décrit une interaction entre quatre modes polari-
tons ou deux polaritons de vecteur d’onde k et k' sont annihilés et deux polaritons de
vecteur d’onde k + q et k/ — q sont créés. Le terme couramment utilisé pour décrire ce
type d’interactions est mélange a quatre ondes de polaritons. Un exemple de ce proces-
sus est représenté sur la figure (2.2).

Le Hamiltonien total du systeme s’obtient donc en ajoutant le Hamiltonien d’interac-
tion (2.7) au Hamiltonien linéaire de la branche basse :
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IR 1 4 s A
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Fi1G. 2.2 — Représentation du terme d’interaction effective entre polaritons. Les états
initiaux sont représentés par des cercles noirs, les états finaux par des cercles bleus.

B.2 Renormalisation des énergies

Il est souvent utile de considérer séparément les termes du Hamiltonien (2.7) qui
correspondent a la renormalisation des énergies. Considérons les termes dans le Hamil-
tonien non-linéaire H,_, (voir équation 2.7) qui ne font intervenir que deux modes py,
et pk,. Ces termes contiennent le groupe de quatre opérateurs

Pley Py Prea Prcs (2.10)

Examinons l'influence de ces termes sur I’évolution du mode py, donnée par :

d
h— Pk, = [Pk, , H 2.11
t dtpkl [pku ] ( )

Le calcul montre que le commutateur [Py, , Hy—,] est proportionnel a

P, PPy (2.12)
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Lorsque le mode py, est un mode pompe macroscopiquement peuplé, 'opérateur cor-
respondant peut étre remplacé par le nombre complexe P = (py,).
L’équation d’évolution pour py, s’écrit alors

d . . 2\
b = —i(wi, + 2V|P|*)pk, + autres termes (2.13)
ou le terme en wy, = F_(ky)/h provient de la partie linéaire du Hamiltonien. On voit
que l'interaction du mode py, avec le mode pompe résulte en un déplacement vers le
bleu de I’énergie propre du mode, proportionnel a la densité de polaritons dans le mode
pompe. Il s’agit d'un effet de renormalisation de 1’énergie du mode py, par le mode
pompe.

Lorsqu’on s’intéresse a la dynamique du mode pompe, il faut tenir compte du fait
que la pompe renormalise aussi sa propre énergie. Dans ce cas la renormalisation de
I'énergie est analogue a un effet Kerr [Karr0l]. C’est l'utilisation de cet effet dans
une configuration totalement dégénérée a l'incidence normale qui a permis a notre
groupe d’observer une réduction du bruit quantique en dessous de la limite quantique
standard sur 1’émission non-linéaire dans les microcavités [Karr04b]. Cet effet est éga-
lement a l'origine des phénomenes de bistabilité optique mis en évidence par notre
équipe [Baas04a), Baas04b].
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C Oscillation paramétrique de polaritons dans la

configuration a ’angle magique

Dans cette partie je décris les expériences réalisées dans la configuration a ’angle
magique. Apres une caractérisation de 1’échantillon utilisé dans ces expériences, j’étu-
dierai les principales caractéristiques du mode signal comme ’émission en champ loin-
tain ou la dépendance de l'intensité émise en fonction de l'intensité de pompe. Enfin
je montrerai comment nous avons détecté le complémentaire.

C.1 Caractéristiques de 1’échantillon

L’échantillon que nous avons utilisé au cours de ce travail a été fabriqué a I'Ecole
Polytechnique Fédérale de Lausanne [Houdré00a, Houdré00b|. Il s’agit d’une cavité de
longueur 2\, contenant trois puits quantiques de InggsGaggsAs, placés aux maxima
du champ intracavité. Les miroirs de Bragg sont du type GaAs/AlAs. Les largeurs de
raie de polaritons sont extrémement faibles (100-200 peV) [Stanley98]. Les miroirs de
la cavité ne sont pas parfaitement paralleles mais forment un petit angle entre eux.
Ainsi la longueur de la cavité varie en fonction de la position du spot laser d’excitation.
En modifiant cette position, on peut donc changer le désaccord entre la résonance
excitonique et la résonance de cavité.

La courbe de la figure 2.3 représente les positions des résonances polaritoniques en
transmission. L’intensité d’excitation est faible afin de rester dans le régime linéaire.
Les mesures sont effectués a I'incidence normale. On fixe une longueur d’onde pour le
laser, et on déplace latéralement 1’échantillon, jusqu’a trouver la position de la réso-
nance puis on change de longueur d’onde et on réitere le procédé. Cette caractérisation
nous permet d’avoir acces a la valeur du Rabi Splitting, qui est de 5.07 meV pour
cet échantillon. En inversant les relations (1.45)- (1.46), on peut obtenir les valeurs
de I'énergie de la cavité et de I'exciton pour chaque position de 1’échantillon, a partir
des résonances mesurées. On peut ainsi associer a chaque position sur I’échantillon la
valeur du désaccord cavité-exciton correspondante.
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Photodiode

G O Lentille
1482 -

/ Cube polariseur 1480 : : : : : ‘
Translation 4 2 0 2 N e ¢

Désaccord cavité-exciton (meV)

(a) (b)

Microcavité 1492 7

1490 1

1488 -

Lentille 1486 -

Energie (meV)

1484 -
=

Fia. 2.3 — (a) Montage expérimental pour la mesure de résonances de la microcavité en
transmission. (b) Courbe d’anticroisement obtenue.

C.2 Observation en champ lointain

L’étude des résonances polaritoniques en transmission nous a permis de connaitre
la valeur du Rabi splitting de notre microcavité ainsi que les courbes de dispersion
excitonique et photonique. Connaissant ces valeurs, il est possible de déterminer nu-
mériquement 'angle d’excitation pour lequel 'accord de phase est satisfait. Pour notre
microcavité cet angle vaut 12°. On choisit donc d’exciter de maniere résonnante la mi-
crocavité avec un faisceau pompe de polarisation linéaire horizontale, et formant un
angle de 12° avec la normale. Le désaccord cavité-exciton est légerement négatif et la
longueur d’onde d’excitation est 836.32 nm (1482.4 meV). Le diametre du faisceau au
niveau de I’échantillon est de 50 um.

La relation univoque entre ’angle d’émission de la lumiere transmise par la micro-
cavité et le vecteur d’onde des polaritons fournit un acces direct aux populations de
polaritons (A.3). C’est donc en étudiant le champ lointain de I’émission qu’on peut
déterminer avec précision les états polaritoniques peuplés. Afin de collecter toute la
lumiere transmise par la microcavité, on utilise un condenseur de 50 mm de focale. On
réalise ensuite I'image en champ lointain a l'aide de la caméra CCD infrarouge IR-50.
On étudie la modification du champ lointain de 1’émission (et donc les états polari-
toniques peuplés) en fonction de la puissance de pompe. Deux régimes peuvent étre
distingués : pour des puissances de pompes jusqu’a 12 mW, on est en régime linéaire
(voir figure 2.4la). Ce régime est caractérisé par la présence d’un anneau homogene
dans le champ lointain de I’émission correspondant a la diffusion élastique Rayleigh ré-
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(b)

F1G. 2.4 — (a) Champ lointain en régime linéaire. L’échantillon est pompé avec un faisceau
incident a un angle de 12°, résonnant avec la branche basse. La longueur d’onde du laser
est de 836.32 nm (1482.4 meV). (b) Champ lointain en régime non linéaire. La longueur
d’onde du signal émis & k = 0 est de 836.86 nm (1481.5 meV).

sonnante [Houdré00a, Haacke01], due aux défauts des miroirs de Bragg et au désordre
excitonique.

Pour des puissances supérieures a 12 mW, le champ lointain est profondément modi-
fié¢ par 'apparition d'une tache brillante au centre de ’anneau, correspondant a une
émission a angle nul (voir figure 2.4.b). L’état k = 0 acquiert donc une population
macroscopique. Cette brisure de symétrie marque le seuil de I'oscillation paramétrique.
On peut le mettre également en évidence par une technique tout-a-fait analogue, qui
consiste a mesurer l'intensité de la lumiere émise a angle nul en fonction de la puis-
sance de pompe a ’aide d'une photodiode sensible. Cette mesure est présentée sur la
figure 2.5, Au dessous de 12 mW la lumiere détectée correspond a la luminescence non
résonnante, issue des processus de relaxation des photons de pompe assistés par des
phonons. Au-dessus de 12 mW, il s’agit de I’émission non-linéaire du signal issu de
I'oscillation paramétrique.

Nous avons mené une étude plus approfondie du role joué par le désaccord cavité-
exciton sur le seuil d’oscillation paramétrique et de la forme de la zone d’émission a
k = 0, qui dépend elle aussi du désaccord ainsi que de la structure locale de 1’échan-
tillon. Ces résultats ne seront pas détaillés ici et nous renvoyons le lecteur a la réfé-
rence [Romanelli06] pour plus de détails. D’autre part, notre groupe a également étudié
d’autres aspects de cette configuration comme les phénomenes de bistabilité a ’angle
magique [Baas04b, Romanelli06] ou le caractere monomode-multimode transverse du
signal [Baas06].
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F1G. 2.5 — Puissance émise dans le mode k = 0 en fonction de la puissance du faisceau
de pompe. Les parametres sont les mémes que pour la figure 2.4.

C.3 Observation du complémentaire

L’observation du complémentaire s’avere primordiale si 'on veut effectuer des me-
sures de corrélations en intensité entre les deux faisceaux issus du processus paramé-
trique. Cependant, le complémentaire ayant un angle d’émission double de celui de la
pompe, sa fraction photonique est tres faible comparée a celle du signal. On s’attend
donc a ce que signal et complémentaire soient fortement déséquilibrés. Si la détection
du signal peut se faire a l'oeil nu a 'aide d’une simple carte infrarouge il n’en est pas
de méme pour le complémentaire dont la détection nécessite un montage expérimental
plus sophistiqué.

Montage expérimental

Pour détecter le complémentaire, nous avons utilisé une fibre optique multimode
montée sur translations micrométriques et positionnée dans le plan de Fourier (voir
figure 2.6). En effet, connaissant I'impulsion de la pompe et mesurant celle du signal,
on peut sans difficulté en déduire celle du complémentaire. Les valeurs des impulsions se
traduisent ensuite par des positions précises dans le plan de Fourier. La fibre amene le
faisceau au spectrometre positionné sur la longueur d’onde satisfaisant la conservation
de I’énergie. Dans notre cas, la pompe ayant une longueur d’onde de 836.32 nm et le
signal de 836.86 nm, la longueur d’onde du complémentaire doit étre de 835.72 nm. On
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améliore la sensibilité de la détection en modulant le faisceau pompe avec un hacheur
et en effectuant une détection synchrone sur le signal du photomultiplicateur placé en
sortie du spectrometre.

//—| Laser Ti:Sa |

Translation

N —

D

Hacheur

‘ Monochromateur

!

| Détection synchrone

Microcavité

Champ lointain )
Signal

Fibre multimode

Fig. 2.6 — Montage expérimental pour ’observation du faisceau complémentaire. La
microcavité est excitée a ’angle magique. Le faisceau pompe est modulé par un hacheur.
L’émission est collectée par une lentille de courte focale (un condenseur) et observée dans
le champ lointain par une caméra CCD (non représentée dans le schéma). On collecte
I’émission du complémentaire avec une fibre multimode couplée a un monochromateur.
La lumiere transmise par le spectromeétre est détectée par un photomultiplicateur relié a
une détection synchrone.

Détection du complémentaire

La figure 2.7 a été obtenue par la méthode décrite ci-dessus, en faisant varier 1é-
gerement la longueur d’onde d’analyse du spectrometre autour de 835.72 nm. Elle
représente le spectre du complémentaire. On observe bien un pic centré sur 835.72
nm, en parfait accord avec la conservation de 1’énergie. Cette observation constitue

une preuve importante permettant de valider I'hypothese du processus paramétrique
{kp. kp} — {0,2kp }.
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Fi1a. 2.7 — Spectre de la lumiere transmise par la fibre multimode. La conservation de
I’énergie prévoit une longueur d’onde A, = 835.72 nm pour le faisceau complémentaire.

C.4 Vers des mesures de corrélations quantiques

Bien que nous soyons parvenus a détecter le complémentaire, les mesure de corré-
lations entre le signal et le complémentaire se heurtent a un inconvénient majeur : les
deux faisceaux sont tres déséquilibrés en intensité. Nous avons en effet mesuré la trans-
mission de la fibre optique utilisée dans la partie précédente et nous en avons déduit
que le rapport entre les intensités du signal et du complémentaire vaut :

10L0g£ ~ 40dB (2.14)
I
Cette valeur rend impossible toute mesure directe de corrélations en intensité entre les
deux faisceaux. Deux facteurs contribuent a ce déséquilibre : d'une part,le signal et le
complémentaire ont des fractions photoniques différentes a cause de leurs impulsions
transverses différentes (les coefficients de Hopfield dépendent de I'impulsion transverse).
D’autre part, le signal et le complémentaire ont des largeurs de raies différentes car ils
“voient” un environnement différent. En effet, le complémentaire se trouve tres pres
du réservoir excitonique et peut donc relaxer tres facilement vers des modes voisins,
introduisant ainsi des pertes tres importantes pour ce mode [Tassone97] (voir figure2.8).
On peut montrer que le rapport des intensités entre le signal et le complémentaire
vaut [Whittaker01] :

_ G (2.15)
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Dans notre échantillon, le rapport des fractions photoniques est de 'ordre de 10. Ce
déséquilibre est donc principalement di a I’énorme élargissement de la largeur de raie
du complémentaire visible sur le spectre de la figure 2.7.
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Fi1G. 2.8 — Processus de relaxation du complémentaire.

En définitive, en dépit de l'intérét de cette configuration pour I'observation de 1'oscil-
lation paramétrique de polaritons, celle-ci se révele peu adaptée aux mesures de cor-
rélations quantiques. Le complémentaire est beaucoup trop faible (quelques nW) pour
étre détecté par une photodiode. L’utilisation de compteurs de photons peut apparaitre
comme une alternative mais les corrélations quantiques se dégradent tres rapidement
lorsque les faisceaux sont fortement déséquilibrés. Il apparait donc nécessaire de trouver
une configuration dans laquelle le signal et le complémentaire soient équilibrés. Dans
les microcavités simples, une telle configuration ne peut résulter d’une excitation a une
pompe. En revanche un mélange a quatre ondes dégénéré avec deux faisceaux pompes
contra-propageants permet de contourner ce probleme. Cette nouvelle configuration
fera 1'objet de la section suivante (voir [E). Enfin la conception de nouvelles structures
a également permis de pallier le probleme du déséquilibre.
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D Meélange a quatre ondes de polaritons : étude
théorique

Les premieres expériences de mélange a quatre ondes dégénéré dans les milieux Kerr
utilisant deux faisceaux pompes contra-propageant virent le jour au cours des années
soixante dix avec l’essor de I'optique non-linéaire notamment dans des expériences de
conjugaison de phase [Hellwarth77]. Le mélange a quatre ondes a deux pompes est éga-
lement & l'origine de la premiere génération d’un état lumineux comprimé [Slusher85]
et de nombreuses études théoriques et expérimentales ont été menées depuis sur le su-
jet. Notre expérience se fonde sur le méme principe. Deux faisceaux pompes de méme
énergie et de méme polarisation sont focalisés en un méme point de la microcavité avec
des angles d’incidence opposés par rapport a la normale ce qui équivaut a créer deux
populations de polaritons ayant des vecteurs d’ondes opposés kp et —k;, dans le plan
des couches (voir figure 2.9). Le signal et le complémentaire ont alors nécessairement
la méme énergie que celle des pompes et des vecteurs d’ondes transverses opposés. Ils
sont donc équilibrés en intensité.

Dans cette partie, j'introduis d’abord le formalisme théorique qui permet de décrire
notre configuration expérimentale. J’étudie dans un premier temps les possibilités de
générer sous le seuil d’oscillation des modes signal et complémentaire vides intriqués. Je
poursuis cette étude au dessus du seuil en étudiant principalement les corrélations d’in-
tensité entre le signal et Iidler (cette section reprend les principaux résultats de I’étude
menée avec Marco Romanelli sur le sujet (voir ( [Romanelli06]))). Cette étude théorique
sert a la fois d’introduction et de motivation aux expériences réalisées sur le mélange
a quatre ondes de polaritons que nous présenterons dans la partie suivante (voir E).
Elle souligne également les facteurs limitant I'observation d’effets non-classiques dans
ce systeme et permet donc de concevoir les expériences ultérieures a mener sur le sujet.
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F1a. 2.9 — Processus du mélange a quatre ondes de polaritons. Les polaritons de pompe
(orange) ont des vecteurs d’onde opposés. La diffusion paramétrique produit des pola-
ritons ayant des vecteurs d’onde opposés (violet) et de méme énergie que les polaritons
de pompes. Tous les couples se trouvant sur un diametre du cercle isoénergétique des
pompes sont susceptibles d’osciller (rouge).

D.1 Formalisme théorique

Hamiltonien du systeme

Dans cette partie, nous allons détailler le modele théorique qui décrit I’ensemble
du systeme. Pour des raisons de simplicité et de clarté, nous ne tiendrons pas compte
du degré de liberté offert par le spin dans cette partie. Le spin joue néanmoins un
role prépondérant dans le processus, notamment au niveau de la localisation du couple
signal-complémentaire dans 1’espace réciproque. Nous aborderons pleinement ce point
dans la derniere partie (5). En outre, nous supposons que les modes excitoniques et
photoniques transverses sont des ondes planes. On ne tiendra donc pas compte du
caractere gaussien des faisceaux pompes. On négligera également toutes les interactions
avec les phonons ainsi que d’éventuels effets thermiques.

Le Hamiltonien d’interaction qui sert de point de départ a la description du systeme
est celui de la partie Bl (voir équation (2.7)).

Hamiltonien du mélange a quatre ondes

Le Hamiltonien total décrivant notre systeme est donné par :

H=Hy+ Hepp + Hypy + Hey (2.16)
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Dans toute la suite, nous ne tiendrons pas compte des processus auto-stimulés a une
pompe du type (kp, kp) — (£3kp, Fkp). Par conséquent, seuls les polaritons ayant un
vecteur d’onde transverse q tel que ||q|| = ||kp|| assurent a la fois la conservation de
I’énergie et de I'impulsion totale du systeme. Le Hamiltonien linéaire H, s’écrit alors
simplement :

= hwzgsgpq (2.17)

ol hw est ’énergie de la pompe.
H.s¢ correspond au Hamiltonien d’interaction non-linéaire.

1)\2

Hepp = =5 Z kk/,qﬁhqﬁL,qﬁkﬁk' (2.18)
k.k/,q
avec :
6e? 2K
Vk kK,q _Xk+qu’Xk’—qu + 1; (|Ok+q‘Xk’ + ‘Ck’|Xk+q)(Xk’—qu) (2'19)
5)\X nsat)\X

ou Xy et Cy sont les coefficients de Hopfield, Ax le rayon de Bohr de 'exciton, A laire
de quantification, ng,.; la densité de saturation de I’exciton, (2 la constante de Rabi et
¢ la permittivité diélectrique du semi-conducteur. Etant donné que tous les polaritons
mis en jeu dans le processus ont le méme vecteur d’onde transverse en module, et
que Vk 1 q e dépend que des modules des vecteurs d’ondes, cette quantité sera donc
constante dans toute la suite. On pose donc :

Vika=V (2.20)

En ne conservant que les modes qui garantissent la conservation de l'énergie et de
I'impulsion, le Hamiltonien peut s’écrire comme somme de deux termes :

Heff = HC?"OSSKET’T‘ + Hrenorm. (221)

H,\ossicerr correspond au Hamiltonien décrivant le processus ot deux polaritons ayant
des vecteurs d’ondes transverses différents interagissent :

{kp, —kp} — {a, —q}
{£kp,a} — {£kp, q}
{a,—q} — {d’,—q'} (2.22)
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Il a pour expression :

1% RN A
HC?"OSSKE?"T‘ = 2 A (2Vpk p k pkpp kp + E QVPL/piq/pqp—q
(qvq/)#_klhkp

+ > VPl by + Y 2V PlpokPa

arkp a7k
+ Y 2V plipi,ba + hec.) (2.23)
a7#—kp

ol h.c. désigne le conjugué hermitique.

Le Hamiltonien H,¢,orm. décrit les processus de renormalisation des énergies évoqués
au paragraphe B.2. Il s’agit de I'interaction d'un polariton d’'un mode donné avec un
polariton du méme mode :

{a,4} — {q,q} (2.24)

Le Hamiltonien décrivant la renormalisation des énergies s’écrit :
1A% ot o
Hrenorm - 57 Z qupqpqpq (225>
q

Enfin les deux Hamiltoniens de couplage des polaritons au champ électromagnétique
externe et aux excitons ont été décrits au chapitre 'A.4. Les deux termes valent respec-
tivement :

Hyn = /dQ{Zg pqaqﬂ%—hc)}
H, = /dQ{Zho bqﬂ+hc)} (2.26)

Equation de Heisenberg
L’équation d’évolution de 'opérateur pq s’obtient a partir de I'équation d’Heisen-
berg :
dp
— = = [pq, H] (2.27)

On peut calculer la contribution de chacun des Hamiltoniens évoqués ci-dessus. La
contribution du Hamiltonien H s’écrit :

[ﬁm HO] - hwﬁq (2.28)
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En remarquant que [ﬁkp,ﬁf(pﬁltp} = Qﬁf(p et [Pk, ﬁikp]ﬁikp] = Qﬁikp ,on obtient de
la méme maniere le commutateur [pq, Hess|. Deux cas sont a distinguer suivant qu’il
s’agit d'un mode de pompe ou d’'un autre mode. Pour le modes de pompe k, (le cas
—kp s’obtient en remplagant k, par —k, dans 'expression suivante), le commutateur
vaut :

. /\%( KA KA

[Py, Hepp] = 7(2vp_kppkpp7kp + Vi, Dip Py

+ > 2Vl Pa) (2.29)
qFtkp

Pour tout autre mode, il prend la forme :

[Pa: Hegs) = = (Vilpaba + 2V (0l ap-a + PlayPky + Phey Py )P + 2V PPk
+ 2V > pab-gbly) (2.30)
qli_kpvkpvq

Enfin les contributions provenant des couplages avec le champ électromagnétique et
le champ excitonique peuvent se calculer en utilisant les références [Ciuti03, Karr(O1].
Elles prennent la forme usuelle de Langevin :

Pay Hym + Hewe) = —ivpg +i (FV () + FO () + F(t)) (2.31)

v =27 /h(|C]* (93 + g2) + h3| X|?) est la largeur de raie du mode polariton. Le couplage
avec les photons et les excitons est a l'origine de la largeur de raie finie du polariton,
qui apparait en outre ici comme superposition linéaire des largeurs de raies excitonique
et photonique.

Les termes Fo(li) (t) désignent des forces de Langevin et agissent sur le systéme comme
source de bruit. Elles ont pour expression :

F(j)(t) — /ngj<Q)CqA((lj;)Q€_iQt

F(t) = / dho(Q) Xq B ge ™ (2.32)
Par la suite nous supposerons que le coefficient d’interaction non-linéaire V' ne dépend
que tres faiblement du vecteur d’onde transverse, ce qui constitue une trés bonne ap-
proximation dans notre cas. Nous introduisons une nouvelle variable : ﬁ; = \’\/—%ei“ltﬁq.

L’évolution des modes de pompe et des modes signal et complémentaire prend alors la
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forme? :
B P% (15— i+ 2V, Vil b p
h—r = (hd — @)D, + 2V DLy Prey P, + Vi Picy Picy
+ 2V > PP
a#+kp
./\X iw 1 2 ex
+ e () + B + B (0)
infPa (B8 — )pq + VPLpabq + 2V (Pl gb-q + Py Doty + Pr Dicy )Pa + 2V Py Doty D!
di Y)Pq PqPaPq DP—gP-q T P—_x,P—kp T Pk, Pkp)Pq PxpP-kpP—q
+ 2V Y pabgblg
q/i_kpﬂkpvq
A )
+ i e (FW () + FO(t) + Feo(t)) (2.33)

VA

ol § = w—uw; correspond au désaccord entre le laser de pompe et la résonance polariton.
Les équations (2.33) forment un systéme couplé d’équations différentielles du premier
ordre. Chacun des modes polaritons est couplé aux autres par le processus de diffusion
paramétrique, et l'énergie de chaque mode est renormalisée par les populations des
autres modes.

D.2 Etat stationnaire

On se propose de déterminer 1’état stationnaire du mélange a quatre ondes. L’émer-
gence d'un état stationnaire n’est possible que si un élément particulier dans notre sys-
teme brise I'invariance par rotation dans ’espace réciproque, i.e. favorise I’émergence
d’un couple particulier signal et complémentaire. Cette brisure de symétrie s’accom-
pagne du franchissement du seuil d’oscillation paramétrique. Au-dessous du seuil, nous
considérerons que tous les modes polaritons différents des modes pompes sont vides
(i.e. (Pq) = 0siq # kp) et ne présentent que des fluctuations. Au-dessus du seuil, seuls
deux modes signal et complémentaire ont des populations macroscopiques et tous les
autres sont vides; leurs fluctuations sont a la limite quantique standard. Nous traite-
rons donc le systeme au-dessus du seuil comme un systeme a quatre modes.

En passant aux valeurs moyennes dans (2.33) et en utilisant une approximation de type

20n traite les cas kp, et q, les cas —k, et —q s’obtiennent de maniere identique en remplagant kp
et q par —kp et —q dans les équations.
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Bogolubov [Ciuti03], I'état stationnaire du systeme est donné par :

0 = (10 —i7)(Psa) + V{PloDra) (Pra) + 2V (Prghra) + (Pla,Picy) + (Pl Prcp)) (Pta)
+ 2V (Prey ) (D) (Pl (2.34)

Nous supposons a présent que les pompes sont équilibrées ((ﬁLp]ﬁkP> = (ﬁ_kpﬁ_kpﬂ et

que les populations des modes signal et complémentaires sont négligeables devant celles

des modes pompes, ce qui est justifié lorsque le systeme se trouve juste au-dessus du
seuil. Dans ce cas 1'équation (2.34) peut se réécrire sous forme matricielle de maniere

M< <g?_q>> ) ~0 (2.35)

assez simple :

ol M est la matrice définie par :

M = _Zhéﬂ]\f _.12V<pkp><].)—kp> (236)
P2V (Pr,) (P-xp)  tho — v+ 21V N
avec N = <151T<p13kp> - (ﬁikpﬁ_kp) qui correspond & la population totale des modes

pompes.
Le systeme admet une solution non triviale si et seulement si le déterminant de la
matrice 2 x 2 de I’équation (2.36) est identiquement nul, ce qui équivaut a :

Y24 (k8 +2VN)2 = VEN? =0 (2.37)

Dans le cas simplifié ou le désaccord entre le laser et la résonance polariton compense
exactement 1’énergie de renormalisation des pompes, on a : hd + 2V N = 0. Dans ces
conditions, le seuil d’oscillation vaut Nge,; = v/V. On remarque que cette valeur est
indépendante du champ entrant. Ceci provient du fait qu’'une fois le seuil atteint, la
valeur des populations des modes pompes reste constante, le surplus d’énergie injecté
dans les pompes étant transféré vers les modes signal et complémentaire.

Dans le cas général, I'équation (2.37) admet des solutions réelles positives si et seule-
ment si son discriminant est positif ou nul. Ceci équivaut & la condition 6] > v/3v. Un
désaccord non nul est donc nécessaire pour compenser la renormalisation des énergies
et atteindre le seuil d’oscillation.
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L’étude précédente nous invite a introduire de nouvelles variables sans dimension :

. (2.38)
7= Nseuil ‘
2VN
A= MOV W, (2.39)
Y ¢!
L N,
L (2.40)

Avec ces nouvelles variables ,]la matrice M prend la forme :

M = A (2.41)

—iA—1 —iget®
A= , 2.42
( ioe® A —1 > (242)

Champs signal et complémentaire

De (2.34) il est possible d’extraire des informations sur la phase relative des champs
signal et complémentaire, ainsi que sur leurs amplitudes respectives. En effet on peut
réécrire (2.34) de la maniere suivante :

— (A4 1)(pq) = 0 {pl ) (2.43)

L’équation (2.43) démontre que la somme des phases des champs signal et complé-
mentaire est fixée et dépend de la phase relative des deux pompes . En revanche la
différence des phases des champs signal et complémentaire est libre de fluctuer. Il s’agit
du phénomene de diffusion de phase typique des OPO [Fabre89].

Les pompes étant équilibrées, les champs signal et complémentaire sont eux aussi équi-
librés. On montre que le carré du module de 'amplitude des champs signal et complé-
mentaire vaut [Romanelli07] :

|(Pa)]? = Nseuu\/l + (@ + §) (0 —1) (2.44)

vy 2

ol o est le taux de pompage par rapport au seuil.

Une étude du seuil d’oscillation en fonction du désaccord cavité-exciton a été réalisée
dans la these de Marco Romanelli [Romanelli07]. Elle a mis en évidence que le seuil
d’oscillation diminue pour des désaccords positifs ce qui a été confirmé expérimentale-
ment.
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D.3 FEtude des fluctuations sous le seuil

Linéarisation des équations

Sous le seuil d’oscillation, seuls les modes de pompe sont macroscopiquement peu-
plés. Tous les autres modes sont vides. Réécrivons les opérateurs comme somme de leur
valeur moyenne et de leurs fluctuations :

Prp(t) = (Dx,) + ODx, (1)
Pa(t) = 0pqg(t) (2.45)

En effectuant un développement au premier ordre en dpq(t) de I'équation (2.33), on
obtient un systéme d’équations reliant les fluctuations 0pq(t) d’un mode polariton aux
fluctuations 5]5T_q(t) du mode conjugué. Ce systeme est découplé des équations relatives
aux pompes et des équations relatives a tous les autres modes polaritons.On obtient :

dJAq A X iwl
W | | 0Pa et (6Fg)(t)
ap o | =Moot | | AX it s ot
th pfq \/_Ze ( fq)(t)

(2.46)

ol M est la matrice définie en (2.36) et (6F4)(t) = 5Fé1)(t) + 5F0(12) (t) + OFg5(1).

Espace de Fourier

Expérimentalement, on a acces au spectre des fluctuations. Nous allons donc étudier
les fluctuations de ces modes dans le domaine spectral. Une approche temporelle de
ce probleme, basée sur une approche de type Monte-Carlo, peut étre trouvée dans la
référence [Verger07]. L’approche spectrale présente en outre 'avantage de transformer
le systeme d’équations différentielles en un systeme algébrique. Nous introduisons donc
les opérateurs transformés de Fourier des opérateurs temporels :

balt) = [ dpy@)e

o) = / 0_q(—S))Te ™ (2.47)

Nous effectuons ensuite une transformation de Fourier de ’équation matricielle (2.46)).
Nous obtenons alors :

— (A + iwl) [ g_qq(z‘g)] - % 5§qjaj_w3) (2.48)
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ol on a posé : w = h§/~.
En inversant cette relation, on obtient les fluctuations des champs polaritons sortants
en fonction des fluctuations entrantes :

5a0) | _ oo sopyot | 9Fa 40
léﬁTq(w)] = ~F@AFCDT ol (0 — w) (2.49)
(A +iwl)™! = ( i(”_jaf_)i; ! ” i“ij » ) (2.50)
et :
1A 1
flw) = v VA det(A + iwl) (2.51)

Matrice de covariance des modes signal et complémentaire

Nous avons mentionné au chapitre B.3 que la matrice de covariance d’un systeme de
deux modes caractérise de maniere complete ses propriétés quantiques lorsqu’il s’agit
d’un systeme de modes gaussiens. Nous allons déterminer la matrice de covariance des
modes signal et complémentaire. Nous introduisons donc les vecteurs colonnes a quatre
composantes suivants :
0pq(£2)
ap}(2)
P-a($2)

[0P) = |- (
5Pl q ()

(2.52)

et :

IFy (2 +wy)
(5FqT(wl — Q)
5F_q(Q —i—wl)
SFT (w — Q)

6F) = (2.53)

On définit la matrice S reliant les fluctuations des champs signal et complémentaire
aux fluctuations des champs entrants par la relation :

6P) = f(w)S|dF) (2.54)

Elle se déduit simplement de la matrice A + iwl en remarquant que f(—w) = f(w)
(voir appendice (A)) :
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ilw+A)—1 0 0 ice'?
0 Atiw—A)  —ige # 0
S = . 2.55
0 ioe'? —1+i(w+ A) 0 (2.55)
—ige " 0 0 —1+4i(w—A)

Fluctuations des champs a ’extérieur de la cavité

Nous devons a présent relier les fluctuations des champs a l'intérieur de la cavité
données par (2.54) aux fluctuations des champs a 'extérieur de la cavité, qui sont les
seules fluctuations expérimentalement accessibles. Le champ Agut se déduit du champ
intra-cavité par la relation :

AL = \ /27,44 — AP (2.56)

ou AS“) est le champ entrant et 7, est la largeur du mode photonique.
Le champ photonique intra-cavité est relié au champ polaritonique par la relation (1.41) :

X VA
aq = _gcqpq (2.57)

On en déduit les fluctuations du champ photonique a 'extérieur de la cavité :
A A s
|5 AU — —)\£«/2%Cq|5P> — |5 A (2.58)
X

En utilisant I’équation (2.54) qui relie |0 P) & [0 F") et I'expression de |0 F') en fonction des
fluctuations des champs électromagnétiques et excitoniques, [0F) = 1/27,Cq|0A™) +
V279X 4|0 B™), on obtient :

ﬁanf(w)C’ZS +1I

6A(out) _
o) = — | 32

GA™) + f—fwmquoqswm (2.59)

La matrice de corrélations C'orrg _q du champ photonique extra-cavité est donnée par :

Corrg_q = (5A(°“t)5ﬁ(°“tﬁ> (2.60)
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En utilisant I'expression (2.59), on en déduit :

VA

Corrg_—q = E4v§0§|f(w)|ZS<5Ain5AinT>t§ + KQ%C(QI (f(w)S(éfl(in)éflinT> + t.c.)
4 (§AGm) g 4inTy
A P
+ F(w)PX2C2S(0B™5 BT S (2.61)
X

ol t.c. correspond au trans-conjugué.
En remplagant f(w) par sa valeur (voir équation (2.51))), on obtient :

1
72| det(A + iwl)|?

+ 2%705 (det(A + iw]I)S<5A(i“)5AinT> + t.c.)

Corrg_q = (5A(in)5flinT>+

{12cis@AmsAnTys

+ A X2CIS(B B ) | (2.62)

En utilisant le fait que ’yaC’gl =v5— Xafyb et 'expression de S(déindéi“T>t§ en fonction
de S<5Ain5AinT>t§ (voir équation (A-9)), on obtient :

1
2| det(A + iwl)|?

Corrg—q = <5A(in)5AinT>+ {47%Cc2;S<5Ain5AinT>t§
+ A X3C2S'S

+ 27,7C2 (det(A + iw]l)S(é/l(in)éflinT> + t.c.) } (2.63)

ou n est I'exces de bruit excitonique (voir équation (A-8).

Polaritons jumeaux

a) Expression générale de la gémellité

La matrice C'orrg,_q contient toute I'information sur le systeme bipartite composé des
modes photoniques AL™ et (5121(,0;1 %) Elle va nous permettre de calculer la gémellité
G de ces deux modes. La gémellité entre deux modes du champ électromagnétique a
été définie au paragraphe B.3. L’équation (2.33) montre que les fluctuations des modes
q et —q sont en quadrature. Si Xq = Aq + AL désigne la quadrature d’amplitude du
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mode q, Y_4 = z'(fl_q - fﬂq)) correspond a la quadrature d’amplitude du mode —q.

La gémellité a dans ce cas pour expression :

<(5Xq — 5Y—q)2>
2

G = (2.64)

En développant I'expression de G, on aboutit a :
G = % {<6Aq(Q)6Aq(fQ)> + (ALQSAL(—)) + (5Aq()6 AL (—9)) + (AL ()5 Aq(—9))

— (BA_q()FA_q(~Q) — (BAT (()FAT (~Q)) + (BA_q()5AT ,(—Q)) + (5AT (Q)5A_q(~2))

i [(6Aa(@)0A-q(~) — (FAq(DSAT (—)) — (BAL(IA-_a(—) + (FAL@IAT ,(—))]

i [(64-a()3Aq(-9) + (FA-q(@)54%(-2)) - (6T (64a(-0) - (34T @54 (-]} (2:65)

Nous posons Corrg_q = (¢ j)1<i<a1<j<a. En tenant compte de la la nullité de cer-
tains termes de la matrice Corrg _q et des relations de conjugaison entre les autres, la
gémellité a pour expression :

G = Cl,l + 62,2 + Im(cl,4 — 02’3) (266)

En utilisant les expressions des coefficients de la matrice Corrq,_q calculés dans ’ap-
pendice Al (voir équation (A-12)), on trouve :

1

G = 1+ {—4%7031 (cos o’ — 20° + ((—A2 4+ w? + 1) cos p + 2A sin go) O')

v2|det(A + iwl)|?
+ Sn%”YngXfl (1+w* 4+ A% = 2(cosp + Asinp)o + 0?) }

Afin de pouvoir interpréter plus simplement I’expression obtenue en (2.67), nous allons
supposer que le désaccord entre le laser et la résonance polaritonique compense exac-
tement la renormalisation des énergies si bien que hd + 2V N = 0 soit A = 0. Cette
condition peut étre réalisée expérimentalement en ajustant la fréquence du laser. Nous
allons examiner les effets du désordre excitonique sur la gémellité.

b) Absence de bruit excitonique

Dans un premier temps, nous supposons que le bruit ajouté par les excitons est négli-
geable. Nous supposons également que les deux modes pompes ne sont pas déphasés
(o = 0). Sous ces hypotheses la gémellité devient :

Coa (o -1+

v 4w+ (W4 o? - 1)?

GA=0,p=0) = 1—4 (2.68)

(2.67)
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En utilisant le résultat (A-19) de I'appendice |Al on obtient une expression simplifiée de
la gémellité :

Ogl Ya g

A=0,p=0) = 1—4

(2.69)

A taux de pompage fixé, la réduction de bruit est proportionnelle au rapport Cﬁ% /7.
En I’absence de bruit excitonique, la réduction de bruit sera donc maximale pour une
composante photonique tendant vers 1.

A fréquence w fixée, la fonction p(o) = o/(w® + (o + 1)?) est strictement croissante sur
[0, 1]. La réduction de bruit est nulle pour un taux de pompage nul et est maximale au
seuil (o = 1). La gémellité au seuil vaut alors :

C%y, 1
limGA=0,p=0)=1— 32~ 2.70
lim G ¢ =0) Y EPEl (2.70)

La réduction de bruit présente une dépendance Lorentzienne vis a vis de la fréquence,
avec une largeur égale a 2 en fréquence réduite, ce qui correspond a une largeur réelle
de 27 (qui n’est rien d’autre que la bande passante du systeme). Cette bande passante
est de l'ordre de la dizaine de GHz pour les polaritons et les fréquences d’analyse
expérimentales sont de quelques MHz. On peut donc considérer que la mesure se fait
a fréquence nulle. La gémellité au seuil prend alors une forme tres simple :

C2y
. o o o . q a
Uﬁlggﬂo GA=0,p=0)=1 — (2.71)

Le graphe de la figure 2.10 représente la variation de la gémellité a fréquence nulle en
fonction du taux de pompage pour deux valeurs du rapport v,/v. Dans les deux cas la
fraction photonique est égale a 0.5. On remarque que la réduction de bruit est d’autant
plus importante que le rapport v,/ est proche de 1.

Dans le cas ol les pompes sont déphasées de 7/2, la gémellité est strictement supérieure
a 1. Elle correspond a la demi-somme des bruits individuels des modes q et —q qui
divergent au seuil a fréquence nulle :

C(Q{Va g 2

2.72
v 4w? + (w2402 —1)2 (2.72)

G(Azo,gp:g)zus

b) Prise en compte du bruit excitonique

Nous tenons compte a présent du bruit excitonique. A est toujours supposé nul et
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Fic. 2.10 — Gémellité calculée sous le seuil a fréquence nulle en fonction du taux de
pompage pour deux valeurs du rapport 7y,/v. Dans les deux cas la fraction photonique
vaut 0.5.

nous supposons que les pompes ne sont pas déphasées (¢ = 0). La gémellité vaut

alors : )
C2%~, (0 —2nX 2
GA=0,p=0)=1-4 | ar)

R P (2.73)

La réduction de bruit est donc moins efficace en présence du bruit excitonique et peut
méme s’annuler si le bruit excitonique est trop important. D’apres la référence [Karr01],
I’exces de bruit excitonique n est proportionnel au taux de pompage :

n=pX0 (2.74)

La gémellité a donc pour valeur :

C2 (1—2ﬂX4ﬁ)0
GA=0,p=0)=1-4-2= 2z
( 2 =0) v w2+ (o+1)2

(2.75)

La détérioration de la gémellité due au bruit excitonique dépend donc du rapport des
largeurs de raie excitonique et polaritonique, de la fraction excitonique du polariton et
du facteur 3. Si 3 est trop important-a cause par exemple d’effets thermiques dus au
chauffage de I’échantillon par les faisceaux de pompe-la réduction de bruit disparait et
la gémellité peut méme présenter un exces de bruit. A la limite ol o tend vers 1, la
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gémellité vaut :
C2y, (1 —26Xg2)
v (5P +1

GA=0,p=0)=1— (2.76)

Intrication

Remarquons enfin que si les quadratures d’amplitude des modes q et —q sont
jumelles, alors il en est de méme des quadratures de phase. En effet si Y, désigne la
quadrature de phase du mode q alors — X désigne celle du mode —q. La gémellité G’
correspondant aux anti-corrélations de phase s’écrit donc :

0Yq + (=0X_q))*)

,((
G = 2

(2.77)

Etant donné que les modes q et —q jouent des roles parfaitement symétriques, G' = G.
Le critere d’intrication de Duan [Duan00] pour les systemes gaussiens bipartites montre
que les deux modes q et —q sont intriqués si et seulement si G < 1. Dans notre cas
I’existence de corrélations quantiques entre les modes q et —q équivaut a l'intrication
de ces modes.

Conclusion

L’étude des fluctuations quantiques sous le seuil d’oscillation dans la configuration
de mélange a quatre ondes a montré qu’il est possible de générer des modes vides
de méme fréquence intriqués. Ce résultat est a rapprocher des résultats théoriques et
expérimentaux obtenus dans les oscillateurs paramétriques de type II qui produisent
sous le seuil des modes vides de polarisation orthogonale, de méme fréquence et intri-
qués [Laurat03]. Si le seuil est suffisamment bas, la détérioration de la réduction de
bruit induite par les excitons est suffisamment faible. Dans ce cas on peut s’attendre a
observer une intrication entre les modes signal et complémentaire. Expérimentalement,
une mesure d’intrication de modes vides ne peut se faire que par détection homodyne.
Cette technique se heurte dans le cas présent a des difficultés liées au recouvrement
spatial entre le mode de l'oscillateur local (en général un mode T'EMy) et les modes
signal et complémentaire dont le profil spatial est fortement influencé par la cavité
optique plane et les défauts locaux de I’échantillon. La présence d’une tres faible sonde
de méme profil spatial que l'oscillateur local sur I'un des modes pourrait permettre
de pallier cet inconvénient. Cette configuration ouvre donc la voie a la génération de
faisceaux intriqués a ’aide de dispositifs de taille micro-métrique.
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D.4 FEtude des fluctuations au-dessus du seuil

L’étude de la gémellité au-dessus du seuil d’oscillation a été menée avec Marco Ro-
manelli lors de sa derniere année de these. Nous en reprenons ici les principaux résultats
et nous renvoyons le lecteur a la référence [Romanelli06] qui contient tous les détails
du calcul.

Fluctuations d’amplitude au-dessus du seuil

Lorsque le seul d’oscillation est franchi, la population des modes de pompe reste
constante, et ce, quelle que soit I'intensité lumineuse des faisceaux pompe. Il s’agit du
phénomene de déplétion des modes de pompes : toute I'énergie supplémentaire appor-
tée par les pompes est intégralement transférée aux modes signal et complémentaire.
Dans toute la suite nous aurons donc (ﬁLpﬁkJ = (ﬁikpﬁ_kp> = Nyewir- Nous supposons
également qu'un seul couple de modes signal et complémentaire oscille, ce qui nous
permet de négliger les contributions des autres modes. De plus nous nous placons a
désaccord nul entre I’énergie du laser et la résonance polariton (A = 0) et a déphasage
nul entre les pompes (¢ = 0). Dans ce cas les champs signal et complémentaire sont
en quadrature. Nous supposons également que nous sommes légerement au-dessus du
seuil d’oscillation, ce qui nous permet de négliger les effets de renormalisation dus aux
populations des modes signal et complémentaire devant ceux dus aux populations des
modes de pompes. Ceci revient a négliger les termes proportionnels a (ﬁlqﬁiq) dans
les équations relatives aux fluctuations des modes signal et complémentaire. Un trai-
tement prenant en compte ces termes est présenté dans la référence [Romanelli06]. Ce
traitement ne permet pas l'obtention d’une formule analytique de la gémellité. Néan-
moins les simulations numériques effectuées dans ce cadre montrent que la compression
de bruit se produit toujours sur la quadrature d’amplitude, et ce en dépit des termes
d’effet Kerr qui entrainent un déphasage des champs et une rotation de leurs ellipses
de bruit [Josse03].

Sous ces hypotheses, un traitement linéaire des fluctuations a partir des équations (2.33)

conduit a :
A VO 10X, +0X i) — 6Xq 0¥ + X
1d 5 n
—;%éy_q = — Z_l VO — ]_((Ska + (SX_kp) - 6Xq + 5Y_q - 6Y—q (278)
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Le facteur \/g provient de la valeur des populations des modes signal et complémen-
taire au-dessus du seuil dans le cas ou A = 0 (voir équation (2.44)).

Nous introduisons a présent 'opérateur o7, qui correspond a la différence des fluctua-
tions d’amplitude des champs signal et complémentaire :

1
V2

L’équation d’évolution de cet opérateur s’obtient en sommant les deux équations (2.78) :

5 = —(6Xq — 6Y_q) (2.79)

1d

—— 61 = =207 + 0 2.
thér OF + 04, (2.80)
avec 1
0P = —= (6 X — 0Y™) (2.81)

V2

On remarque que la différence des fluctuations d’amplitude des champs signal et com-
plémentaire ne dépend pas des fluctuations des champs pompe. Cette propriété est
notamment responsable des effets non-classiques dans les oscillateurs paramétriques
optiques.

Gémellité au-dessus du seuil

Le calcul de la gémellité s’effectue alors de maniere analogue a celui mené dans la
partie [D.3. On réécrit d’abord 1’équation (2.79) dans I’espace de Fourier ce qui permet
d’obtenir une équation algébrique. On utilise ensuite la relation (2.56) entre le champ
lumineux intra-cavité et le champ lumineux extra-cavité. La différence des fluctuations
d’amplitude 679" des champs lumineux signal et complémentaire a lextérieur de la
cavité a alors pour expression :

C? 1 . Va0 Xa 1 :
570U () — (u_w _ 1) §iin(w) — YITata 2 sping) (2.82)
v 1= v 1 —i%

On en déduit la gémellité G = (579" (w)drG (—w)) :

Ya 0(21 1 Va Yo 0(21 X (21 1

G=1 — +n -~
v 1+ (%) 71+ (3)

(2.83)

La gémellité au-dessus du seuil est tres similaire a celle obtenue au-dessous du seuil
(voir équation (2.69)). En revanche la gémellité au-dessous du seuil dépend du taux de
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pompage alors qu’elle n’en dépend pas au-dessus du seuil. Cette propriété est caracté-
ristique des oscillateurs paramétriques optiques [Laurat04]. En outre sa valeur est égale
a la limite de la gémellité calculée sous le seuil lorsque o tend vers 1 (équation (2.76)).
La gémellité est donc continue au seuil, et ceci bien que les bruits individuels des modes
signal et complémentaire divergent a fréquence nulle.
La gémellité au-dessus du seuil suit une loi Lorentzienne vis-a-vis de la fréquence, avec
une largeur égale a 2, ce qui correspond a la bande passante du systeme. Cette dépen-
dance est identique a celle établie au-dessous du seuil. A fréquence nulle, elle a pour
expression : ,

Glw=0)=1- 'YTO“ + nV;ZbCleg (2.84)
On retrouve a nouveau la compétition entre deux termes identiques a ceux calculés sous

le seuil : un terme de réduction de bruit, proportionnel au rapport entre le couplage
photonique et les pertes du systeme, et un terme d’exces de bruit, proportionnel a la
densité d’excitons. Le terme de réduction de bruit peut se réécrire de maniere a faire
apparaitre le rapport des largeurs de raie excitonique et photonique :

Ce 1
Joza _ — (2.85)
K 1+ ¥aC3

La réduction de bruit dépend donc de maniere cruciale du rapport des largeurs de
raies. En général la largeur excitonique excede de loin la largeur photonique. Dans le
cas de notre échantillon, nous avons v, = 2v,. La réduction maximale de bruit que
nous pouvons espérer observer dans ce cas est de 33%.

Conclusion

Nous avons rappelé ici les principaux résultats concernant 1’étude des corrélations
quantiques dans notre systeme au-dessus du seuil afin de compléter I'étude menée
sous le seuil dans la partie précédente. Dans les deux cas la réduction de bruit est
fonction du rapport des largeurs de raie excitoniques et photoniques et donc de la
qualité de I’échantillon. Dans les deux cas, cette réduction peut étre limitée par un
exces de bruit du au réservoir excitonique. En revanche, étant donné que cet exces de
bruit dépend de I'intensité de pompage, il peut s’avérer déterminant pour ’observation
d’effets non-classiques dans notre systeme au-dessus du seuil. D’autre part, notre étude
au-dessus du seuil ne prend pas en compte 1’aspect éventuellement multimode de ce
processus. Nous avons démontré expérimentalement que 1’émission non-linéaire n’est
pas monomode : au champ moyen des modes signal et complémentaire se superpose un
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champ tres faible, mais néanmoins tres bruyant, et certainement responsable de I'exces
de bruit observé sur la différence des intensités. L’exploration d’effets non-classiques
au-dessous du seuil, que ce soit en régime de comptage de photons ou par détection
homodyne, s’annonce donc prometteuse. Elle sera en revanche difficile a mettre en
ceuvre expérimentalement. En effet le régime de comptage de photons nécessite un
débit de paires signal-complémentaire tres faible. Il faut pour cela atténuer les deux
faisceaux, ce qui a pour conséquence une dégradation du rapport signal sur bruit.
Dans le cas de la détection homodyne, nous avons déja mentionné le probleme du
recouvrement des profils spatiaux transverses entre 1’oscillateur local d’une part et le
signal et le complémentaire d’autre part. Ce probleme peut étre limité par 'injection
d’une sonde tres faible dans le mode signal.
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E Meélange a quatre ondes de polaritons : expé-

riences

Dans cette partie je décrirai les principales expériences bruyant sur le mélange a
quatre ondes. Je présenterai d’abord les résultats préliminaires obtenus avec Marco
Romanelli lors de ma premiere année de these. Lors de ces premieres expériences,
I’échantillon est pompé par deux faisceaux focalisés sur un spot de 50 um de diametre
et formant un angle de 6° avec la normale a 1’échantillon. La polarisation des pompes
est linéaire et leurs polarisations sont orthogonales. Le désaccord cavité-exciton est
légerement négatif (deay—exe = —0.45meV’). Dans cette configuration nous avons ob-
servé des corrélations d’intensité entre deux parties diamétralement opposées du cercle
élastique. Le bruit de la différence des intensités est cependant resté au-dessus de la
limite quantique standard. En outre 'observation du champ lointain de I’émission n’a
pas permis dans un premier temps d’identifier les modes signal et complémentaire,
confondus avec 'anneau de diffusion Rayleigh. Afin de mettre en évidence le processus
de mélange a quatre ondes, nous avons réalisé une expérience de type pompe-sonde,
qui a permis l'observation du complémentaire lorsque le signal est stimulé par une
faible sonde. Motivés par certains travaux récents sur la dynamique de spin des polari-
tons [Lagoudakis02, Shelykh04], nous avons effectué une détection résolue en polarisa-
tion de ’émission. Nous avons alors observé que lorsque les deux faisceaux pompes ont
la méme polarisation linéaire horizontale, le signal et le complémentaire apparaissent
clairement dans le champ lointain de I’émission lorsqu’on détecte la polarisation ortho-
gonale a celle des pompes. Les mesures de bruit résolues en polarisation ont mis en
évidence de tres fortes corrélations entre le signal et le complémentaire, mais aucune
signature d’effets non-classiques n’a été observée, le bruit normalisé de la différence
des intensités valant une dizaine de fois le bruit quantique standard. L’ensemble de ces
résultats sont également détaillés dans la theése de Marco Romanelli [Romanelli06] et
sont regroupés dans la référence |[Romanelli07].

L’étude théorique au-dessus du seuil a montré 'importance du bruit excitonique dans
I’observation d’effets quantiques. Afin de nous éloigner du réservoir excitonique, nous
avons donc diminué ’angle d’incidence des pompes a 3°. Cette modification des condi-
tions d’excitation a permis d’augmenter considérablement 'efficacité du processus en
en abaissant le seuil et en augmentant l'intensité lumineuse du signal et du complémen-
taire. Dans cette configuration, nous avons également étudié le caractere monomode
transverse des modes signal et complémentaire, ’existence d’éventuelles corrélations
sur la polarisation parallele aux pompes, et le role joué par ’anisotropie locale sur la



E. Mélange a quatre ondes de polaritons : expériences 103

localisation du signal et du complémentaire dans le champ lointain. La réduction de
I’angle d’incidence a également permis de diminuer le bruit de la différence des intensi-
tés, celui-ci restant toute fois au-dessus de la limite quantique standard. L’observation
d’effets non-classiques dans les microcavités sera abordée au chapitre 3. Je mentionne
le fait qu’au-dela de I'optique quantique, ce processus est également a 'origine d’effets
tres riches de polarisation qui constitueront le sujet du chapitre 5.

E.1 Expériences préliminaires

Dans cette partie je présente les premiers résultats obtenus dans la configuration du
mélange a quatre ondes. L’observation de corrélations entre deux zones diamétralement
opposées du cercle de diffusion élastique a constitué une premiere preuve de ’existence
du processus de mélange a quatre ondes de polaritons. L’expérience pompe-sonde menée
ultérieurement a permis de démontrer clairement la nature paramétrique du processus.

Dispositif expérimental

La réalisation expérimentale du double pompage résonnant est difficile a plusieurs
titres : il faut a la fois controler que les deux faisceaux pompes sont superposition-
nés sur I’échantillon et qu’ils sont simultanément résonnants, c¢’est-a-dire qu’ils doivent
avoir la méme impulsion transverse. Le schéma du dispositif expérimental est visible
sur la figure 2.11. Les deux faisceaux pompes se propagent parallelement entre eux.
Le parallélisme est controlé en intercalant un miroir sur le trajet des deux faisceaux
et en les laissant se propager sur une distance de plusieurs metres. La polarisation
de chaque faisceau est réglée de maniere indépendante a 1’aide d’une lame demi-onde.
Deux miroirs My et My montés sur translation micrométriques permettent d’ajuster
de maniere indépendante la position de chaque faisceau sur la lentille de focalisation.
Cette opération permet de faire varier I’angle d’incidence des pompes et donc la com-
posante k, du vecteur d’onde transverse. La composante k, est ajustable en faisant
varier la position verticale de lentille a I'aide d’une vis micrométrique. En outre on
s’assure également que les positions des deux faisceaux sur la lentille sont symétriques
par rapport au centre de la lentille. On obtient ainsi deux faisceaux pompes ayant des
composantes k, égales en module mais opposées. On place ensuite I’échantillon au foyer
de la lentille. Il reste alors a controler que les deux faisceaux sont bien superposés sur
I’échantillon et sont simultanément résonnants.

La position des faisceaux sur I’échantillon doit étre controlée de maniere précise. En
effet le rayon des spots de chacun des faisceaux sur 1’échantillon est de 25 um. La
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Microcavité

Analyseur de spectre

F1G. 2.11 — Montage expérimental du mélange & quatre ondes. Les deux faisceaux pompes
kp et —kp sont focalisés en un méme point de I’échantillon. La lumiére transmise est
collectée par un condenseur puis envoyée vers une caméra CCD qui permet d’obtenir
une image de 1’émission en champ lointain. Un miroir amovible permet d’envoyer une
partie de I’émission vers deux photodiodes Pd; et Pds. Les photocourants sont sommés
ou soustraits et le bruit de la somme ou de la différence est analysé a ’aide d’un analyseur

de spectre.

distance séparant les deux faisceaux ne doit donc pas excéder 25 pum. La position
de chaque faisceau est déterminée en utilisant le bord de 1’échantillon comme lame
opaque. On coupe horizontalement puis verticalement chacun des faisceaux en dépla-
cant ’échantillon dans ces deux directions a I’aide de translations micrométriques fixées
sur le support du cryostat. Cette opération permet de repérer bidimensionellement la
position de chaque faisceau par rapport au bord de I’échantillon avec une précision
de 10 pum (cette précision correspond a la graduation minimale des translations) et
d’en déterminer également la taille (voir figure 2.12). Si les deux faisceaux ne sont
pas correctement superposés, on les superpose a l'aide des deux miroirs M; et M.
Evidemment on affecte ainsi le parallélisme des deux pompes. On rectifie ce dernier a
’aide de deux autres miroirs non représentés sur la figure 2.11 et on vérifie a nouveau la
position des deux faisceaux sur ’échantillon. En itérant ce procédé un nombre suffisant
de fois, on arrive a obtenir des faisceaux superposés sur ’échantillon et paralleles entre
eux avant la lentille de focalisation. On vérifie alors qu’ils sont simultanément réson-
nants. La lumiere transmise par la microcavité est collimatée avec un condenseur (voir
figure 2.11). On peut ainsi accéder a I'image du champ lointain de I’émission avec une
caméra CCD. Un miroir amovible permet d’envoyer le signal et le complémentaire vers
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deux photodiodes. Ce dispositif permet de mesurer les corrélations entre le signal et le
complémentaire en analysant le bruit de la somme et de la différence des photocourants
avec un analyseur de spectre.
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FiG. 2.12 — Profil de I'intensité transmise lorsque le bord de I’échantillon coupe le faisceau
kp (carreaux rouges) et —kp (triangles bleus). Gauche : profil horizontal. Droite : Profil

vertical.

Résultats expérimentaux

Tous les résultats présentés dans cette section sont obtenus en pompant I’échantillon
pres du désaccord nul entre la cavité et I’exciton, plus précisément pour § = -0.45 meV.
L’angle des faisceaux pompe par rapport a la normale est d’environ 6° : on choisit un
angle sensiblement plus petit que 'angle magique (=~ 12°) pour éviter la compétition
entre le processus a deux pompes et la diffusion paramétrique a une pompe considérée
dans la partie (C. En outre, on choisit de pomper avec des polarisations linéaires or-
thogonales (kp est polarisé selon la direction horizontale, —k, selon la verticale) pour
éviter des effets d’interférences entre les anneaux Rayleigh des pompes. Cette derniere
remarque est importante car nous verrons au chapitre |5 que le processus non-linéaire
est presque totalement inhibé lorsque les deux pompes ont des polarisations linéaires
croisées. Ceci explique pourquoi nous n’avons observé dans cette configuration que de
faibles corrélations, et nous n’avons pas pu distinguer dans le champ lointain de ’émis-
sion le signal et le complémentaire de la diffusion Rayleigh.

a) Mesures de corrélations d’intensité
Le processus de diffusion paramétrique {kp,, —k,} = {k’, —k’} produit deux polari-

tons simultanément, de fagon similaire a ce qui se passe lorsque ’on pompe le systéme a
I’angle magique. On s’attend donc a mesurer des corrélations entre les intensités émises
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avec des vecteurs d’ondes opposés, c’est-a-dire entre les parties du cercle élastique re-
liées par un diametre quelconque. Dans cette configuration ’émission paramétrique
est confondue avec I'anneau de diffusion Rayleigh. Néanmoins 1’émission générée par
la diffusion Rayleigh ne présente pas de corrélations. Les mesures de corrélations per-
mettent donc de distinguer le processus de diffusion paramétrique du processus de
diffusion Rayleigh.

La figure 2.13 reproduit les courbes lues sur ’analyseur de spectre du bruit de la somme
et du bruit de la différence des photocourants. Dans un premier temps nous avons sé-
lectionné dans le champ lointain de I’émission deux parties diamétralement opposées
du cercle de diffusion élastique. Bien que le signal et le complémentaire ne soient pas
distinguables de la diffusion Rayleigh sur I'image 2.13.(a), le bruit de la somme des
photocourants est néanmoins plus élevé que le bruit de la différence. Ceci démontre
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F1a. 2.13 — Bruit de la somme (noir) et de la différence (rouge) des intensités de deux
parties de I’émission. (a) Les deux parties se trouvent aux extrémités du diametre vertical
de I'anneau. Le bruit de la différence est plus faible que le bruit de la somme, ce qui
démontre que les intensités sont corrélées.

(b) Les deux parties correspondent & une portion de la moitié de droite de anneau, ou
aucun diametre complet ne se trouve. Le bruit de la différence est égal au bruit de la
somme : dans ce cas, les intensités sont décorrélées.
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I'existence de corrélations d’intensité entre les deux zones sélectionnées ce qui constitue
un argument en faveur du processus de diffusion paramétrique {kp, —kp} = {k’, —k'}.
Ces corrélations demeurent néanmoins classiques car le bruit de la différence est au-
dessus de la limite quantique standard.

Dans un deuxieme temps nous avons sélectionné deux parties non diamétralement op-
posées. Dans ce cas les traces du bruit de la somme et du bruit de la différence sont
superposées (voir figure 2.13.(b)), ce qui signifie que ces deux zones sont décorrélées.
Cette mesure est un argument supplémentaire en faveur du processus de mélange a
quatre ondes. En effet ce processus produit des polaritons avec des impulsions trans-
verses opposées. On s’attend donc a observer des corrélations d’intensité entre deux
zones diamétralement opposées du cercle de diffusion élastique. En revanche, deux
zones non diamétralement opposées ne doivent pas présenter de corrélations.

Ces expériences préliminaires ont permis de mettre en évidence de maniere indirecte
I'existence du processus de diffusion paramétrique {kp, —k,} = {k’, —k’}. Néanmoins
aucun seuil clair de I’émission paramétrique n’a pu étre détecté lors de mesures d’in-
tensité. Nous n’avons également détecté aucune modification notable de 1’émission en
champ lointain. Le lecteur peut consulter la référence [Romanelli06] pour plus de détails
Sur ces expériences. A ce stade I'interprétation des données nécessite encore d’élucider
quelques points. La plus part des difficultés rencontrées proviennent du fait que 1’émis-
sion non-linéaire et la diffusion paramétrique sont superposées. Nous avons donc tenté
de contourner le probleme en stimulant dans un premier temps le signal par une faible
sonde puis en séparant en polarisation le processus non-linéaire d’une partie de la dif-
fusion Rayleigh.

b) Ezpérience pompe-sonde

L’idée principale de 'expérience présentée dans ce paragraphe est de briser 'inva-
riance par rotation dans ’espace réciproque qui permet en principe a tous les couples
de polaritons de vecteurs d’onde transverses opposés se trouvant sur le cercle élastique
d’osciller. On introduit pour cela une faible sonde de méme énergie que les faisceaux
pompes et ayant le méme angle d’incidence sur la surface de I’échantillon. Cette sonde
permet de briser la symétrie circulaire en favorisant 1’oscillation de I'un des couples. Les
polaritons se comportant comme des bosons, la probabilité de diffusion vers un état est
proportionnelle au nombre de polaritons occupant déja cet état. On induit donc ainsi
une diffusion stimulée vers I’état sondé et vers son complémentaire diamétralement op-
posé sur le cercle.

Le dispositif expérimental est représenté sur la figure 2.14. Le réglage de la superpo-
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F1G. 2.14 — Le dispositif experimental est analogue & celui de la figure2.11. La sonde (trait
violet) se propage parallelement aux faisceaux pompes et atteint la lentille de focalisation
a une distance du centre de la lentille égale a celle des deux faisceaux pompes. Ceci assure
que I'angle d’incidence de la sonde sur I’échantillon est identique a celui des pompes. Dans
cette expérience, les deux pompes ont des polarisations linéaires et orthogonales entre
elles. La sonde est polarisée circulairement.

sition des trois faisceaux sur I’échantillon et de 1’égalité des angles d’incidence se fait
avec la meéme technique que celle décrite dans la partie E.1.

L’observation du champ lointain de 1’émission (voir figure 2.15) montre 'apparition
d’un quatrieme spot en plus des trois spots correspondant aux deux pompes et a la
sonde. Le quatrieme spot correspond a l'apparition d’une population macroscopique
de polaritons dans le mode —kg, diamétralement opposé au mode sonde kg. De plus
la sonde est amplifiée d’'un facteur 3. L’image de la figure 2.15 constitue une preuve
directe du mélange a quatre ondes.

Nous avons également réalisé des mesures de corrélations en intensité entre la sonde
et le complémentaire. Les deux modes ont présenté des corrélations allant jusqu’a 50%
mais restant dans le domaine classique. Bien que la sonde améliore nettement la se-
lection du mode spatial de 1’émission, elle ne permet pas dans cette configuration de
descendre sous la limite quantique standard. Cette configuration se heurte en effet a
deux difficultés : 'intensité du faisceau sonde est de quelques centaines de uWW ce qui est
suffisant pour que la statistique poissonienne du faisceau sonde masque les corrélations
quantiques. D’autre part, aucune sélection en polarisation n’est effectuée. Nous avons
déja mentionné que des expériences ultérieures ont montré que le processus est presque
inhibé lorsque les deux pompes ont des polarisations linéaires orthogonales. La sonde
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Fi1a. 2.15 — Image en champ lointain de 1’émission de la microcavité sous excitation ré-
sonnante par les deux pompes et la sonde.Les deux pompes ont des polarisations linéaires
orthogonales entre elles. La sonde est polarisée circulairement. Sur la partie supérieure de
I’image, on observe une quatrieme tache lumineuse, qui correspond a un vecteur d’onde
opposé a celui de la sonde. Ce résultat est une preuve directe de la diffusion paramétrique

{kp, —kp} = {ks, —ks}.

possede dans ce cas-ci une polarisation circulaire, ce qui ne favorise pas davantage la
diffusion paramétrique, le facteur d’amplification de la sonde n’étant que de 3.

E.2 Inversion de polarisation linéaire

Nous avons légerement modifié le montage expérimental de la figure 2.11/ en passant
d’une configuration ou les pompes ont des polarisations linéaires orthogonales entre elles
a une configuration ou les pompes ont la méme polarisation linéaire. La lumiere émise
par la microcavité est ensuite filtrée a I'aide d’un cube polariseur et d’une lame demi-
onde, ce qui permet d’analyser la composante linéaire de la polarisation de I’émission.

Résultats préliminaires

La figure2.16/ montre le champ lointain de I’émission résolu en polarisation. L’image 2.16.(a)
correspond & la composante linéaire identique a celle des pompes et I'image 2.16.(b)
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-
Polarisation paralléle Polarisation orthogonale
aux pompes aux pompes

F1G. 2.16 — Images en champ lointain résolues en polarisation. La position de I’échantillon
correspond a un désaccord cavité-exciton nul. Le degré de polarisation linéaire de la partie
de I’émission dans ’encadré est py;,, =

correspond a la composante linéaire orthogonale a celle des pompes. Les deux images
sont tres différentes. Sur I'image (a) (qui correspond a la polarisation parallele aux
pompes) la distribution est caractérisée par une symétrie circulaire et la présence de
speckles, signe caractéristiques de la diffusion Rayleigh résonnante. Les deux pompes
sont également visibles. Sur I'image (b) (qui correspond a la polarisation orthogonale
aux pompes), la distribution est profondément asymétrique. La diffusion Rayleigh y
est tres faible et ’ensemble de I’émission se concentre sur deux zones bien précises dia-
métralement opposées et situées sur le diametre vertical. Cette image montre que les
états finaux du mélange a quatre ondes ont une polarisation orthogonale aux pompes.
Néanmoins cette inversion de polarisation linéaire [Dasbach05, Kavokin05b| n’est pas
totale. Le degré de polarisation linéaire est défini par py;, = ;::;E
respectivement l'intensité de la polarisation parallele aux pompes et l'intensité de la

ou I et I, désignent

polarisation orthogonale aux pompes. Le degré de polarisation linéaire de 1’émission
paramétrique est de -0.6. Il serait égal a -1 en cas d’inversion totale.

On peut expliquer l'inversion de polarisation linéaire en prenant en compte la dé-
pendance des interactions non-linéaires entre polaritons vis-a-vis du spin [Shelykh04,
Shelykh06), Renucci07].
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Mesure de seuil

Lors des premieres expériences réalisées sur le mélange a quatre ondes, il était
difficile de mettre en évidence un seuil d’oscillation. L’excitation avec des pompes ayant
des polarisations linéaires paralleles, combinée au filtrage en polarisation de 1’émission
non-linéaire, nous a permis d’identifier clairement un seuil pour le processus. Dans
toute la suite les images présentées correspondent a la composante linéaire orthogonale
a la polarisation des pompes du champ lointain de I’émission. Les mesures de seuil ont
été réalisées avec un hacheur (duty cycle 4,5%), car nous nous sommes apergus que
le chauffage de ’échantillon occasionné par les pompes modifie le champ lointain de
I’émission. Pour une méme puissance de pompe, la distribution est uniforme dans le
champ lointain de I’émission en I'absence de hacheur, alors qu’elle se concentre dans
deux zones diamétralement opposées situées sur le diametre vertical lorsque le hacheur
est présent (voir figure 2.17). Les effets thermiques jouent donc un role dans la valeur
du seuil d’oscillation, puisque dans le cas ou le hacheur est absent tout semble indiquer
qu’on se trouve sous le seuil d’oscillation paramétrique, tandis que le seuil est franchi
lorsque le hacheur fonctionne. La mesure du seuil de l'oscillation paramétrique est

Sans hacheur Avec hacheur

F1G. 2.17 — Champ lointain de I’émission filtré en polarisation (composante orthogonale
a celle des pompes) sous une excitation en continu (gauche) et avec un hacheur (droite)
pour une méme puissance de pompe.

réalisée en faisant varier la puissance de pompe incidente et en mesurant la puissance
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émise dans la polarisation orthogonale aux pompes. La courbe de seuil de la figure 2.18
présente une rupture de pente autour de 20 mW qui marque le seuil d’oscillation du
mélange a quatre ondes. On constate qu’au-dessous du seuil, 'intensité de 1’émission
est repartie de facon plus ou moins uniforme sur I’anneau élastique k = k. Lorsque le
seuil est franchi, les images en champ lointain montrent que la symétrie de 1’émission
est progressivement brisée, I'intensité émise se concentrant en deux taches symétriques
par rapport au centre de ’anneau.

160
140 -
120 A
100 ~
80 -
60 -
40 A
20 -

ondes (W)

Puissance du mélange a quatre

Puissance de pompe (mW)

Fi1G. 2.18 — Puissance émise en fonction de la puissance de pompe. Le désaccord cavité-
exciton est de 0.2 meV.

Mesure de bruit

De facon analogue a ce qui avait été fait auparavant, nous avons mesuré les corré-
lations d’intensité des deux faisceaux émis avec vecteurs d’onde opposés. Le montage
de détection est tout-a-fait identique a celui décrit au paragraphe E.1l et représenté
en figure (2.18) : les parties inférieures et supérieures de I’émission sont envoyées sur
deux photodiodes et les photocourants générés sont sommés et soustraits a 1’aide d’un
circuit électronique. Les densités spectrales de bruit de la somme et de la différence des
photocourants sont mesurées a I’analyseur de spectre avec une fréquence d’analyse de
4 MHz.
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Procédure expérimentale Nous avons souligné I'importance des effets thermiques
sur le processus non-linéaire au paragraphe E.2. Ces effets prennent une importance
particuliere lorsqu’on se trouve au-dessus du seuil d’oscillation. La figure 2.19 illustre
cet effet. Elle représente la puissance optique détectée (convertie ici en tension et lue a
l'oscilloscope numérique) par chacune des photodiodes pour trois puissances de pompe
différentes, respectivement 12 mW dans le cas (a), 16.7 mW dans le cas (b) et 22 mW
dans le cas (c). La durée d’excitation est d’environ 1 ms. Dans le cas (a), le systeme
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B 40 90 180
=
~ 35 80 160
% 70 140
30
g 60 120
2 =
o) " 50 100
(]
g 15 “© 8
g 30 60
n 10 20 40
5 20 ,,,;,..J
a " i
0 0 0
0 1 2 3 4 5 0 1 4 5 0 1 2 3 4 5

Temps (ms) Temps (ms) Temps (ms)

Fi1c. 2.19 — Variation au cours du temps de la puissance optique du signal et du com-
plémentaire. Les deux traces représentent la puissance optique détectée par chaque pho-
todiode et lue a l'oscilloscope numérique. Les traces ont été décalées pour faciliter la
compréhension. Puissance de pompe : (a) 12 mW, (b) 16.7 mW, (c) 22 mW.

est au-dessous du seuil d’oscillation durant toute la durée de l'excitation et l'intensité
émise décroit linéairement & cause des effets thermiques. Dans le cas (b), le systeme est
au-dessus du seuil au début de 'excitation puis passe au-dessous du seuil a cause des
effets thermiques. Le franchissement du seuil d’oscillation est marqué par la rupture de
pente. Enfin dans le cas (c) le systéme reste toujours au-dessus du seuil mais l'inten-
sité émise décroit linéairement au cours de l'excitation. Les effets thermiques tendent
a inhiber le processus.

Afin de tenir compte de I'influence des effets thermiques sur 'intensité lumineuse émise
par le processus paramétrique au cours de I'excitation, nous avons simultanément enre-
gistré I'intensité lumineuse émise a ’aide d’un oscilloscope numérique et les fluctuations
de la différence (ou alternativement de la somme) & 'aide de I'analyseur de spectre.
Les deux instruments sont déclenchés simultanément lorsque ’excitation débute. Cette
procédure permet de normaliser le spectre de la différence (ou de la somme) des in-
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tensités sur toute la durée de l'excitation (environ 1 ms). Les mesures sont effectuées
pour une fréquence d’analyse de 4.3 MHz avec une résolution spectrale de 10 kHz. On
moyenne le spectre de bruit et 'intensité lumineuse sur 100 acquisitions. Le shot noise
a été calibré dans les mémes conditions.

Résultats Les mesures qui suivent ont été faites pour un désaccord cavité-exciton
de 0.25 meV, ce qui est légerement supérieur a celui considéré dans la partie [E.2. Nous
reproduisons donc la courbe de seuil correspondant a ce désaccord. Compte tenu du
fait que la durée d’excitation est d’environ 1 ms et que 'intensité émise par le signal et
le complémentaire varie dans la fenétre d’excitation, la puissance émise, mesurée avec
les photodiodes, a été intégrée sur toute la durée de I'excitation.
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F1G. 2.20 — Puissance émise intégrée sur la durée d’excitation en fonction de la puissance
de pompe. Les points 1-5 correspondent aux spectres de bruit présentés dans la suite. Le
désaccord cavité-exciton est de 0.25 meV.

Loin sous le dessous du seuil d’oscillation Le point 1 de la figure 2.20) se situe
nettement au-dessous du seuil d’oscillation. L’intensité totale émise décroit lentement
au cours du temps. Le bruit normalisé de la somme est quasiment confondu avec le
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bruit normalisé de la différence. On ne mesure donc aucune corrélations entre le signal
et le complémentaire. [.’image en champ lointain acquise pour un temps d’exposition de
une seconde (ce qui représente 100 excitations) montre que la distribution de I’émission
est circulaire et quasiment uniforme. L’émission est donc presque entierement due a la
photoluminescence résonnante.
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F1G. 2.21 — 1 : Puissance d’excitation I, = 12 mW. Le désaccord cavité-exciton est de
0.25 meV. (a) : image en champ lointain de I’émission (durée d’acquisition 1 seconde).
(b) : puissance totale émise en fonction du temps (unité de temps : 0.1 ms). (c) : spectre
de bruit de la somme et de la différence des intensités a 4 MHz en fonction du temps
(unité de temps : 0.1 ms).
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Au seuil d’oscillation Le point 3 de la figure 2.20/ se situe exactement au seuil
d’oscillation. Bien que le champ lointain de I’émission ne présente aucune modification
notable le spectre de bruit de la somme et de la différence des intensités montre un
changement complet de régime. De treés fortes corrélations (90% en moyenne) appa-
raissent au début de l'excitation pour diminuer au fur et a mesure de 'excitation et
finir par s’annuler. Ceci montre I'importance de l'effet thermique sur la génération au

seuil du signal et du complémentaire.
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F1G. 2.22 — 3 : Puissance d’excitation I, = 15 mW. Le désaccord cavité-exciton est de
0.25 meV. (a) : image en champ lointain de I’émission (durée d’acquisition 1 seconde).
(b) : puissance totale émise en fonction du temps (unité de temps : 0.1 ms). (c) : spectre
de bruit de la somme et de la différence des intensités a 4 MHz en fonction du temps
(unité de temps : 0.1 ms).
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Juste au-dessus du seuil d’oscillation Le point 4 de la figure 2.20 se situe
juste au-dessus du seuil de l'oscillation paramétrique. Le bruit de la somme et de la
différence reste a peu pres constant sur toute la durée de 'excitation et ceci en dépit
du fait que l'intensité lumineuse émise décroit linéairement au cours du temps. Les
effets thermiques ont un effet sur le champ moyen du signal et du complémentaire mais
n’affectent pas les corrélations (90% en moyenne). En outre deux zones lumineuses plus
intenses orientées le long du diametre vertical apparaissent dans le champ lointain de
I’émission : la symétrie circulaire est brisée ce qui signifie qu’'on a effectivement franchi

le seuil d’oscillation.

o

(=)

=

o
]

— Puissance émise

0,005 -

Puissance totale émise (u.a)

0,000 T T T T T T T T T T T T 1
1 21 41 61 81 (b)
Temps
10000 - — Différence
— Somme

100 -

10 -

Bruit normalisé

(a) 1 21 41 61 81
Temps (C)

F1G. 2.23 — 4 : puissance d’excitation I, = 15,9 mW. Le désaccord cavité-exciton est de
0.25 meV. (a) : image en champ lointain de I’émission (durée d’acquisition 1 seconde).
(b) : puissance totale émise en fonction du temps (unité de temps : 0.1 ms). (c) : spectre
de bruit de la somme et de la différence des intensités a 4 MHz en fonction du temps
(unité de temps : 0.1 ms).
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Loin au-dessus du seuil d’oscillation Le point 5 de la figure 2.20 se situe
nettement au-dessus du seuil d’oscillation. Les caractéristiques de ce régime sont tres
similaires a celles du point 4. Les deux zones lumineuses apparues dans le champ
lointain de I’émission au point 4 sont a présent tres intenses. Le bruit normalisé de
la différence des intensités reste cependant de l'ordre de 10 fois la limite quantique
standard et les corrélations moyennes sont de l'ordre de 94%. En équilibrant les bruits
du signal et du complémentaire, on peut augmenter le taux de corrélations jusqu’a 98%.
Le lecteur peut consulter la reproduction de I'article “Four wave-mixing oscillation in a
semiconductor microcavity : Generation of two correlated polaritons populations” qui
regroupe l’ensemble de ces résultats (voir E.2).
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F1G. 2.24 - 5 : puissance d’excitation I, = 22 mW. Le désaccord cavité-exciton est de
0.25 meV. (a) : image en champ lointain de I’émission (durée d’acquisition 1 seconde).
(b) : puissance totale émise en fonction du temps (unité de temps : 0.1 ms). (c) : spectre
de bruit de la somme et de la différence des intensités a 4 MHz en fonction du temps
(unité de temps : 0.1 ms).
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Reproduction de ’article “Four wave-mixing oscillation in a semiconductor
microcavity : Generation of two correlated polaritons populations” (Physics
Review Letter 98 (10), 106401 (2007))
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Four Wave Mixing Oscillation in a Semiconductor Microcavity:
Generation of Two Correlated Polariton Populations
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We demonstrate a novel kind of polariton four wave mixing oscillation. Two pump polaritons scatter
towards final states that emit two beams of equal intensity, separated both spatially and in polarization
with respect to the pumps. The measurement of the intensity fluctuations of the emitted light demonstrates

that the final states are strongly correlated.

DOI: 10.1103/PhysRevLett.98.106401

In strong-coupling semiconductor microcavities [1] the
system is described in terms of “mixed” exciton-photon
quasiparticles, the cavity polaritons. These composite bo-
sons have very interesting properties [2]. The exciton part
is responsible for the coupling between polariton modes
via the Coulomb interaction, which is at the origin of
polaritonic nonlinearities. The understanding of these non-
linearities was greatly improved by the results of
Refs. [3,4]. In the presence of a pump beam resonant
with polaritons having a wave vector k, Ref. [3] demon-
strated parametric amplification of a probe beam at normal
incidence and emission of a weak “idler”” beam with wave
vector 2kp,. Reference [4] evidenced the coherence prop-
erties of the emission, which confirmed the parametric
nature of the process. The nonlinear mechanism is thus
parametric scattering of two polaritons from the pump
mode into a signal-idler pair {k,, kp} = {0, 2k} [5]. The
system has many similarities with an optical parametric
oscillator (OPO) [6], further emphasized by the demon-
stration of parametric oscillation [7] and optical bistability
[8]. A remarkable property of OPOs above the oscillation
threshold is the generation of two bright quantum corre-
lated beams [9]. In principle, polariton parametric oscilla-
tion should lead to the same effect and generate two
macroscopically populated polariton modes (the signal
and idler polaritons) which are quantum correlated
[10,11]. However, a major problem arises because of the
asymmetry between the signal and idler modes. Because of
its large wave vector, the idler polariton has a small pho-
tonic fraction and the idler beam has a much weaker
intensity than the signal beam (the intensity ratio is typi-
cally ~1072-10"* [7,12,13]). This makes it very difficult
to measure the correlations of the signal and idler. Even
though a signature of quantum pair correlations has been
recently shown in the regime of multimode parametric
scattering below the oscillation threshold [14], to the best
of our knowledge a direct evidence of signal-idler correla-
tions in the oscillation regime is lacking. Balanced signal
and idler beams have been generated recently with a single
pump in a system involving a triple microcavity, but no
correlation measurements have been performed [15].

PACS numbers: 71.36.+c, 42.50.—p, 42.70.Nq, 71.35.Gg

In this Letter, we describe a polariton four wave mixing
oscillator that generates balanced signal and idler beams.
We use the parametric scattering of two pumps with oppo-
site wave vectors to generate two symmetric signal and
idler polaritons {k,, —k,} = {k, —k}. Above the oscilla-
tion threshold the two beams have the same intensities
since they are produced by polariton states having opposite
wave vectors, and hence they have the same photonic
fraction and linewidth. The emitted beams are spatially
separated and linearly polarized. Furthermore, their polar-
ization is orthogonal with respect to the pump polarization,
in agreement with other recent observations [16—18]. The
direction of the emission is linked to the crystal lattice
orientation. These features simplify the optical detection,
since they permit to filter out the pump light and part of the
secondary emission produced by elastic scattering (reso-
nant Rayleigh scattering). We have measured the intensity
correlations of the two beams, finding that almost perfect
correlations are present. In the strong-coupling regime,
extracavity photon fields carry the amplitude and phase
information of the intracavity polariton fields; therefore,
our results demonstrate the generation of two strongly
correlated macroscopic polariton populations, in which
the electronic excitations in the semiconductor quantum
well are involved.

The experimental setup is shown in Fig. 1(a). We use
two pump beams resonant with the lower polariton branch,
having opposite in-plane wave vectors {k,, —k,}. For
cross scattering processes involving one polariton from
each pump mode, momentum conservation requires that
the signal and idler have opposite wave vectors, while
energy conservation imposes |k| = [k,|. As a conse-
quence, all pair scattering processes {k,, —k,} =
{k, —k} with the condition |k| = [k,| are, in principle,
allowed.

Nonlinear emission is expected on a circle in the far-
field plane, whose diameter is fixed by the pump wave
vector [see Fig. 1(b)]. The incidence angle of the pump
beams is about 6°. This value is chosen so as to avoid
competition with the one-pump scattering channel
{kp, kp} = {0, 2k}, the efficiency of which is maximal
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“IG. 1 (color online). (a) Experimental setup. Two pump
seams Kk, and —k, are focused on the microcavity sample
MC. The microcavity emission is collimated by a lens (f =
50 mm). Two movable screens S1 and S2 placed in the far field
slane (FFP) eliminate the transmitted pump beams. The upper
sart of the emission is detected by photodiode PDI. the lower
sart by photodiode PD2. The photocurrent sum and difference
we then spectrally analyzed. (b) Representation in k space of the
xpected scattering processes. Correlated pairs are connected by
UTOWS.

it the so-called “magic angle™, i.e., about 12° for this
sample. The two linearly TM-polarized (polarization in the
ncidence plane) pumps are focused on the microcavity
sample on a spot of 80 um in diameter. The polarization-
'esolved far-field emission is studied in transmission using
1 50 mm lens and a CCD camera. Two independently
novable screens allow to select a part of the far-field
>mission, which is subsequently detected by two identical
shotodiodes. The two photocurrents are amplified and their
sum or difference is sent to a spectrum analyzer. The
microcavity sample is cooled at 4 K in a cold finger
cryostat. The sample is described in detail in Ref. [19]. It
s a high quality factor 2A GaAs/AlAs cavity, with three
ow indium content Inj o GajgsAs quantum wells, one at
zach antinode of the cavity mode. The Rabi splitting
»nergy is 5.1 meV. Polariton linewidths are in the
100-200 weV range. The laser source is a cw Ti:Sa laser,
ntensity stabilized, with 1 MHz linewidth.

In Fig. 2 we show the far-field emission detected on the
I'E-linear polarization, orthogonal to the pump polariza-
ion, for several values of the pump power. For low pump
sower (a)—(b), the emitted TE-polarized light is weak and
oughly uniformly distributed on the elastic circle. For
rgher pump power (c—d), two bright spots located on
he k, diameter appear, breaking the circular symmetry
»f the emission. This novel feature is a strong indication
hat the oscillation threshold has been reached. Above
hreshold, polaritons do not redistribute uniformly over
he elastic circle; rather, they scatter preferentially towards
states localized around a well-defined diameter, the k, one.
As a result, two macroscopic polariton populations build
1p in these states [Fig. 2(c) and 2(d)]. This emission
:xhibits the primary features of parametric oscillation,
since the energy and momentum of the pumps are con-
served. In addition, if the light is detected with a polariza-

FIG. 2 (color online). (a) Far-field emission in the TE polar-
ization for a total pump power of: (a) 3 mW, (b) 19 mW,
(¢) 27 mW, (d) 39 mW. Cavity-exciton detuning & = 0. At
low pump power (a)—(b), light intensity is roughly uniform on
the elastic circle (except for the two pump spots, lying approxi-
mately on the horizontal diameter). At high pump power (¢)—(d),
scattered polaritons accumulate around the ky diameter.

tion parallel to that of the pumps, no bright spots and no
threshold are observed, showing polarization inversion
linked to polariton-polariton scattering, in agreement
with previous studies [16—18].

The fact that the ky diameter is the privileged one for
stimulated scattering is also evidenced. In order to better
understand the origin of this feature, we rotated the sample,
keeping the same experimental conditions: we observed
that the selected diameter rotates accordingly. This effect
can then be related to the fact that the k, diameter co-
incides with the [110] crystal axis, which introduces a
preferred direction. No emission threshold was observed
along the other crystal axis. Further investigations of the
symmetry properties of the emission process, in connection
with theoretical modeling, will be necessary to fully ac-
count for this effect.

In Fig. 3, we show the optical power emitted by the
upper and lower polariton populations, integrated over the
emission zone [see Fig. 3(a)]. as a function of the pump
power. Oscillation threshold is reached at a pump power of
about 20 mW. By “pump power,” we mean the sum of the
powers of the pump beams. Right above threshold the
emission increases very rapidly with the pump power.
Then the slope decreases and is expected to go towards
0, 5 well above threshold, as in a standard OPO. However,
thermal effects in the sample prevent from checking this
point precisely. Above threshold, the powers of the two
emitted beams are almost equal (within 10%). We stress
that this situation is very different from the conventional
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FIG. 3 (color online). Optical power of the upper (U) and
lower (L) beam as a function of the pump power. Cavity-exciton
detuning 6 = 0. Inset (a) the zones over which the upper and
lower emissions are, respectively, integrated are shown. Inset
(b) log-log plot of the upper beam emission as a function of
pump power.

“magic-angle™ configuration, where the signal beam is
10°-10* times stronger than the idler [7,12,13]. Below
threshold there is a significant imbalance due to the fact
that only a small fraction of the emission in this range is
due to four wave mixing, as evidenced by the correlation
measurements (see below).

In the case of four wave mixing emission, the two
conjugate beams are expected to exhibit extremely strong
intensity correlations, since every scattering process from
the two pumps create two polaritons, one in each of the
states on the Ky diameter, in order to fulfill energy and
momentum conservation. We have verified this feature by
measuring the intensity correlations of the two beams. In
order to do so, we have detected the beams with two
identical photodiodes. The generated photocurrents are
electronically added or subtracted; the noise spectra of
the photocurrent sum and difference are measured with a
spectrum analyzer, as shown in Fig. 1.

In all the experiments described here, the analysis fre-
quency is fixed at the same value of 4 MHz. We did not
observe any frequency dependence in the experimentally
available frequency range (2—-30 MHz). This is due to the
fact that the width of the correlation spectrum is expected
to be of the same order as the width of the polariton
resonance, i.e., a few tens of GHz. The normalized inten-
sity correlation between the beams {k, —k} is defined as

Stk (€2)

JS S L ()

where Sy is the intensity correlation spectrum (defined
as the Fourier transform of the correlation function
Cix k(1) = (8L (18I (t+ 7)) and Sy, S_y are the in-
tensity noise spectra of the two beams (defined as the
Fourier transform of the intensity autocorrelation function
C;(7) = (81(1)81(t + 7))). This quantity always verifies

Ck_,k((l)= (1)

[Cy ()] = 1 and is equal to 1 for perfect correlations
and — 1 for perfect anticorrelations.

One can have access to the normalized intensity corre-
lation Cy__ by measuring the noise spectra of the intensity
sum S, , of the intensity difference S, and of each beam
S.x. These quantities satisfy the following equation:

Ck,fk — (S‘ o S,)/4y/SkS,k. (2)

The normalized intensity correlation is plotted as a
function of pump power in Fig. 4(b). One recognizes a
clear threshold behavior in the correlation coefficient: for
low pump powers the correlation is weak, while it jumps
abruptly to values close to 1 for a pump power of about
15 mW. Above this value, the correlation does not exhibit a
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FIG. 4 (color online). (a) Four wave mixing optical power as a
function of the pump power. The threshold value of the pump
power and the average emitted power differ from those reported
in Fig. 3, because the two sets of data were taken in slightly
different experimental conditions. (b) Normalized intensity cor-
relation Cy y as a function of the pump power. (¢) Noise of
photocurrent sum §. and of photocurrent difference §_ (nor-
malized to the standard quantum limit) as a function of the pump
power. In all curves, dashed lines are guides to the eye.
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marked dependence on the pump power. By comparing
Fig. 4(b) with the emitted average power for this series of
experimental data [Fig. 4(a)], one can see that the correla-
tion increases abruptly at the four wave mixing oscillation
threshold.

Such a high value of Cy y proves that polariton four
wave mixing allows the generation of two macroscopic
polariton populations that are strongly correlated. Note
that the correlations cannot in any way be due to the fact
that the two pump beams are produced by the same laser.
We have carefully checked that the intensity fluctuations of
the two pump beams are completely uncorrelated at the
frequency of analysis of 4 MHz. This is due to the fact that
the noise level of the pump laser is the standard quantum
limit (at the frequencies of the noise measured in the
experiment). Therefore, the pump beams cannot be at the
origin of the correlations between the two emitted beams.
Correlations are instead generated by the four wave mixing
process.

As is apparent from Eq. (2), the correlation coefficient
is connected to the noise of the sum and difference, S,
and S, of the detected photocurrents. Below oscillation
threshold, the noises of sum and difference are quite the
same, indicating poor correlations. At threshold, the sum
noise increases abruptly, while the difference noise de-
creases, showing evidence for the emergence of strong
correlations. As the pump power is further increased, the
emission noise decreases, as expected in any oscillator far
from threshold. The noise on the sum as well as on the
difference decreases and the correlations remain high.

While above threshold, high correlations are observed,
as expected for a parametric oscillator, the behavior below
threshold differs from what is expected for a standard
OPQO:;, in particular, OPOs exhibit strong correlations be-
low threshold, which is not the case in our system. This
indicates that the few uW of optical power detected below
threshold [see Fig. 3 and 4(a)] comprise only a very weak
contribution from parametric luminescence (otherwise
they would be strongly correlated); the major contribution
comes instead from other processes, such as Rayleigh
scattering and resonant incoherent luminescence [20)].
This gives an uncorrelated background, which is dominant
at low pump power. Above threshold, as the four wave
mixing process becomes efficient and generates correlated
polaritons, the noise level on the difference is strongly
reduced. However, the presence of the uncorrelated back-
ground is responsible for the residual noise on the intensity
difference and prevents the system from approaching the
quantum regime.

Therefore, present results are expected to be improved in
a configuration in which the FWM emission is not exactly

at the same energy as the pumps [ 14], and do not lie on the
elastic circle, where the background emission is expected
to be the strongest.

In conclusion, we have demonstrated a novel kind of
polariton parametric four wave mixing oscillation. In con-
trast with the so-called magic-angle configuration, our
scheme is based on the parametric interaction of two dis-
tinct pump modes with opposite wave vectors. We have
shown that above the oscillation threshold, pump polar-
itons scatter towards final states orthogonally polarized
with respect to the pumps, and localized around a well-
defined diameter of the elastic circle in the far field.
Furthermore, we have demonstrated for the first time that
the final states of the scattering process are strongly corre-
lated. Our results indicate that the achievement of quantum
correlated and entangled polaritons may be within reach in
the near future.

We acknowledge enlightening  discussions  with
A. Kavokin, G. Malpuech, and C. Ciuti. We are very
grateful to R. Houdré for providing us with the micro-
cavity sample, and to G. Leuchs for ultralow noise
photodetectors.
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Conclusion

Le passage d'une excitation ou les deux pompes ont des polarisations linéaires or-
thogonales entre elles a une excitation ou les deux pompes ont la méme polarisation
a permis de mettre en évidence I'inversion de polarisation linéaire au sein du mélange
a quatre ondes. Ce phénomene nous a en outre permis d’identifier clairement le seuil
d’oscillation paramétrique et d’augmenter jusqu’a 98% le taux de corrélations mesu-
rées entre le signal et le complémentaire. Cependant, 'inversion de polarisation n’est
pas totale, ce qui signifie qu’on ne peut exclure que des paires signal-complémentaire
soient générées dans divers états de polarisation. Le filtrage en polarisation serait alors
a l'origine d’un exces de bruit sur le bruit de la différence des intensités. D’autre part,
I'intensité lumineuse émise sous le seuil d’oscillation et détectée par les photodiodes
est non nulle. Or nous n’avons mesuré que de tres faibles corrélations sous le seuil
d’oscillation ce qui signifie que le processus paramétrique est nettement dominé par
I’émission résultant de processus résonnants a une pompe. Au-dessus du seuil le bruit
de la différence reste au-dessus de la limite quantique standard. Ceci peut s’expliquer
soit par la sélection en polarisation mentionnée ci-dessus soit par le caractere multi-
mode de I’émission, ou encore par le bruit di aux excitons.

En tenant compte de la derniere hypothese, on peut s’éloigner d’avantage du réservoir
excitonique en diminuant ’angle d’incidence des pompes. Nous présentons les amélio-
rations apportées par la diminution de I’angle d’incidence dans la partie suivante.
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E.3 Amélioration de ’expérience

Dans toute cette partie ’angle d’incidence des pompes est de 3°. Les deux pompes
ont la méme polarisation linéaire. Le diametre du spot de chaque pompe sur I’échan-
tillon est de 35 um. Le dispositif expérimental est représenté sur la figure 2.25. 11
differe du dispositif précédent par 'introduction de deux lames de rasoir montées sur
des translations motorisées et qui permettent d’effectuer des mesures du bruit d’inten-
sité transverse du signal et du complémentaire (voir partie [E.4).

Caméra CCD du
hamp lointain

PBS

Cameéra CCD du

champ Pmc’a Lentille

Pd

Lame de rasoir
R
<]

Analyseur de spectre

Microcavité Lentille

Fi1c. 2.25 — Montage expérimental permettant I’étude du bruit transverse d’intensité.
Deux lames de rasoir motorisées viennent couper le faisceau respectivement horizontale-
ment et verticalement. Le bruit et 'intensité du faisceau sont mesurés simultanément.

Inversion de polarisation linéaire totale

Lorsque I'angle d’excitation est de 6°, le degré de polarisation linéaire du signal et
du complémentaire est au maximum —0.6. Une partie des paires de photons est donc
émise avec d’autres polarisations, ce qui induit des pertes lors des mesures d’intensité et
de bruit. En revanche, lorsque I'angle d’incidence est de 3°, la valeur absolue du degré
de polarisation linéaire du signal et du complémentaire est toujours supérieure a 0.85.
Nous avons donc cherché a maximiser 'inversion de polarisation linéaire en faisant va-
rier le désaccord cavité exciton. Pour un désaccord de 0.6 meV, I'inversion est quasiment
totale (elle vaut -0.98 & 0.01). La figure [2.26/ représente le champ lointain de I’émission
résolue en polarisation pour une puissance d’excitation de 20 mW par pompe. On est
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dans ce cas largement au-dessus du seuil d’oscillation (voir figure 2.27). La détection
parallele a la polarisation des pompes montre les deux pompes a résonance transmises
par I’échantillon. La détection orthogonale a la polarisation des pompes montre le signal
et le complémentaire. L'image (c) de la figure 2.26| représente le degré de polarisation
linéaire du champ lointain de I’émission. Les valeurs positives ont été mises a 0 pour
mettre en évidence les zones ou le degré de polarisation linéaire est négatif.

Mesure de seuil

Les mesures qui suivent sont réalisées sans hacheur pour un désaccord cavité-exciton
de 0.6 meV. L’intensité émise est mesurée par la sortie DC des photodiodes puis conver-
tie en puissance optique apres étalonnage des photodiodes. La détection se fait sur la
polarisation orthogonale a celle des pompes. Les résultats sont présentés sur la fi-
gure 2.27.

La réduction de I'angle d’incidence s’accompagne d’une diminution du seuil d’os-
cillation (d’un facteur 2 par rapport au seuil de la figure 2.20) et d’une augmentation
de T'intensité lumineuse du signal et du complémentaire (d'un facteur 10 par rapport
a la courbe de la figure 3 de l'article reproduit au paragraphe [E.2). 1l s’agit donc
d’améliorations importantes de l'efficacité du processus.
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F1G. 2.26 — (a) : champ lointain de I’émission pour une polarisation parallele & la polari-
sation des pompes. (b) : champ lointain de I’émission pour une polarisation orthogonale
a la polarisation des pompes. (c) : degré de polarisation linéaire du champ lointain de
I’émission. Les valeurs positives ont été mises a 0 pour mettre en évidence les zones ou le
degré de polarisation linéaire est négatif. L’inversion est quasiment totale dans les zones
noires. Le désaccord cavité-exciton est de 0.6 meV et la puissance de pompe est de 40
mW. L’échelle est linéaire (de —1 a 1).

Mesure de corrélations
a) Résultats

Les mesures du bruit de la somme et de la différence des intensités ont été réalisées
simultanément aux mesures d’intensité. Le spectre de bruit est acquis sur une durée
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F1a. 2.27 — Puissance optique émise en fonction de la puissance de pompe. Le désaccord
cavité-exciton est de 0.6 meV. L’échelle des ordonnées est logarithmique.

de 10 secondes. Simultanément on enregistre 'intensité lumineuse a 1'aide d’un mul-
timetre électronique a mémoire (un point toutes les 0.5 secondes). Les résultats sont
reportés sur la figure 2.28. On constate a nouveau la faiblesse des corrélations sous le
seuil d’oscillation, le bruit normalisé de la différence restant néanmoins de 1'ordre de
10 fois la limite quantique standard. La luminescence résonnante ou quasi résonnante
domine donc I'émission lumineuse dans ce régime. A partir du seuil d’oscillation les
corrélations deviennent tres importantes (de l'ordre de 90%) et restent remarquable-
ment constantes lorsqu’on augmente la puissance de pompe. On remarque également
que le bruit de la différence diminue lorsqu’on augmente la puissance d’excitation. Les
corrélations diminuent fortement lorsque la puissance de pompe atteint 25 mW. Ceci
est dii a la renormalisation des énergies des modes pompes qui, a forte puissance d’ex-
citation, décalent la résonance polaritonique de la fréquence du laser.

b) Minimisation du bruit de la différence

Les résultats suivants ont été obtenus pour un point différent de celui présenté ci-
dessus et qui correspond a un désaccord cavité-exciton de 1.1 meV. Cependant on y
observe toujours une inversion de polarisation quasi-totale (-0.97). Les mesures sont
effectuées de maniere identique au cas précédent. En équilibrant au mieux les bruits
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F1G. 2.28 — (a) : bruit normalisé de la somme et de la différence des intensités du signal

et du complémentaire en fonction de la puissance de pompe. La fréquence d’analyse
est de 4 MHz. Le désaccord cavité-exciton est de 0.6 meV. L’échelle des ordonnées est
logarithmique. (b) : corrélations entre le signal et le complémentaire en fonction de la
puissance de pompe. Le désaccord cavité-exciton est de 0.6 meV.

individuels du signal et du complémentaire et en se plagant juste au-dessus de la limite
de détection des photodiodes, on peut abaisser le bruit normalisé de la différence des
intensités a 3.5 fois la limite quantique standard, et amener le coefficient de corrélations
au-dela de 99% (voir figure 2.29). Pour ce désaccord il semble que le seuil d’oscillation
soit atteint pour une puissance de pompe relativement faible par rapport au désac-

cord précédent. Sous le seuil, ’émission paramétrique n’est pas suffisamment intense
pour étre détectée par les photodiodes et la photoluminescence est quasiment absente.
Au-dessus du seuil on mesure de tres fortes corrélations. Le bruit de la différence des
intensités reste néanmoins au-dessus de la limite quantique standard. Ces observations
suggerent de caractériser les fluctuations des champs sous le seuil d’oscillation avec une

détection homodyne.
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F1G. 2.29 — Bruit normalisé de la somme et de la différence des intensités du signal et du
complémentaire en fonction du temps. La fréquence d’analyse est de 4 MHz. Le désaccord
cavité-exciton est de 1.1 meV. L’échelle des ordonnées est logarithmique.

Localisation spatiale du couple signal-complémentaire

Cette nouvelle configuration nous a permis d’étudier I'influence de ’anisotropie lo-
cale, autrement dit de la direction des axes cristallins principaux, sur la localisation
spatiale du couple d’oscillation dans le champ lointain de 1’émission. Dans toutes les
expériences présentées jusqu'ici 'oscillation paramétrique prend place le long du dia-
metre vertical dans le champ lointain. Cette direction coincide avec I'un des deux axes
cristallins, 'autre axe étant confondu avec la direction joignant des deux pompes (voir
figure 2.26/ par exemple). Nous avons donc incliné ’échantillon de 10° dans le sens des
aiguilles d'une montre et nous avons relevé I'angle d’émission du couple d’oscillation
dans le champ lointain par rapport a l'axe vertical. La figure 2.30.a représente une
image typique du champ lointain de I’émission pour la polarisation orthogonale a celle
des pompes lorsque 1’échantillon est incliné de 10°. On y observe une rotation de ’axe
de I’émission paramétrique d'une dizaine de degré ce qui suggere que la localisation de
I’émission se fait le long de ’axe cristallin. Cependant ’angle de rotation varie en fonc-
tion de la position d’excitation sur I’échantillon (voir figure 2.30.b) et peut méme varier
de 0° & 20° sur une tres courte plage de désaccord (0.05 meV autour de 0.83 meV). La
localisation de I’émission paramétrique résulte en fait d’'une compétition entre ’aniso-
tropie locale et un processus fondamentalement quantique d’interférences constructives
le long de la direction perpendiculaire aux pompes. Nous reviendrons en détail sur ce
point au chapitre [5.
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F1a. 2.30 — (a) : image en champ lointain de I’émission pour une polarisation orthogonale
a la polarisation des pompes. Les axes rouges représentent la position antérieure des
axes cristallins. L’axe jaune représente la position de ’axe cristallin apres rotation de
I’échantillon de 10°. L’émission paramétrique est localisée le long de cet axe. (b) : rotation
de I'axe d’émission en fonction du désaccord cavité-exciton.

E.4 Etude du caractére monomode transverse de ’oscillation
paramétrique

La plupart des modeles décrivant 1'oscillation paramétrique de polaritons ne font
intervenir que 3 ou 4 modes polaritons distincts ((0, kp, 2k,) [KarrO4a, WhittakerO1,
Baas04a] ou (—kp, kp, q, —q)?) [Romanelli06]. Cette simplification a pour avantage de
mettre en évidence les propriétés classiques de l'oscillateur paramétrique. En revanche
ces descriptions ignorent le fait que ces trois modes sont nécessairement couplés a un
ensemble d’autres modes tres faiblement peuplés, voire vides, par I'intermédiaire des
interactions non-linéaires entre polaritons ou des interactions avec les phonons. La
présence de ces autres modes n’affecte que tres sensiblement les propriétés classiques
du systeme comme les populations des modes. En revanche ils sont d'une importance
considérable en ce qui concerne les propriétés quantiques du systeme. Nous avons déja
mentionné au paragraphe D.3 'importance du couplage au réservoir excitonique qui
peut masquer la nature quantique des corrélations entre le signal et le complémentaire.
Un autre effet quantique important dans 1’oscillation paramétrique provient de la com-
pétition entre modes. Au-dessus du seuil d’oscillation un seul couple de polaritons se
peuple de maniere macroscopique : il est le seul a contribuer a l'intensité lumineuse
émise (en dehors de la photoluminescence). Les autres modes en compétition avec le

3A. Verger et al. ont mené une étude récente sur les propriétés quantiques du mélange & quatre
ondes de polaritons en tenant compte de I'aspect multimode du probleme. Les résultats de leur étude
sont disponibles dans la référence [Verger07].
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signal et le complémentaire sont vides mais présentent en général des fluctuations im-
portantes corrélées* aux fluctuations du signal et du complémentaire.

Ces phénomenes ne sont pas propres aux microcavités semi-conductrices. On les ren-
contre également dans les diodes lasers [Marin95], les lasers a cavité verticale [Romanelli04]
ou les oscillateurs paramétriques optiques [Gigan04]. Dans les diodes lasers, la compres-
sion de bruit au-dessous de la limite quantique standard de la lumiere émise est due aux
corrélations entre les fluctuations de nombreux modes longitudinaux. Dans les lasers a
cavité verticale les fluctuations sont caractérisées par de trés fortes corrélations entre
des modes spatiaux ayant des polarisations différentes.

L’étude des fluctuations d’intensité dans le plan transverse du signal et du complé-
mentaire constitue un excellent outil pour caractériser le caractere “monomode” de
I’émission.

Description quantique du champ transverse

Dans cette partie nous introduisons le formalisme nécessaire a la compréhension
des expériences présentées par la suite et a I'interprétation des résultats. On se place
dans le cas d’'un champ de polarisation définie, quasi-monochromatique, de pulsation
wo et de largeur spectrale Aw tres faible devant wy, se propageant dans une direction
privilégiée de I’espace repérée par un vecteur unitaire 2 et de direction centrée autour

7 — ) ss . - - = —
du vecteur kg = ko z". Le vecteur d’onde s'écrit alors k = ko2 4+ ¢ avec || ¢ || < ko.
L’opérateur de fréquence positive du champ électrique s’écrit alors [Gigan04] :

R | Aw iwo (t—2
E(+)<?727t) =1 26000d(?7Z7t)6_ZWO(t_2) (286>

ot p désigne le vecteur position dans le plan transverse et a(p, z,t) est I'opérateur
enveloppe spatiale du champ, analogue a celui introduit au premier chapitre dans le
domaine temporel.

Dans la suite on fixe la coordonnée longitudinale z ce qui revient a dire qu’on ne
s’intéresse pas aux corrélations éventuelles existant entre différents plans transverses.
Elle ne sera donc plus mentionnée par la suite. On se donne une base orthonormale de
modes {u;} du plan transverse, c’est-a-dire une base de I'espace des fonctions réelles
de carré intégrable satisfaisant la relation suivante :

[utotoEs =5, (2.87)

4En fait elles sont anti-corrélées aux fluctuations du signal et du complémentaire.
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La famille {u;} vérifie également la relation de complétude suivante :
> uilz)uily) = 6(z —y) (2.88)
=0

Cette relation s’obtient en décomposant la distribution de Dirac §(z — y) sur la base
{ui(z)}, les composantes étant données par le produit scalaire 6(x — y).u; = [ §(z —
y)ui(z) de = u;(y).

On montre alors que 'opérateur enveloppe correspondant a la partie positive du champ
transverse s’écrit [Treps0bal :

4 hw
Sl 0 (s
EN(D) =1y SeecT ZU( p)a; (2.89)

ou a; est 'opérateur d’annihilation d’un photon dans le mode transverse i et T" le temps

caractéristique de mesure. 1" est tres supérieur a 1/Aw.
La famille d’opérateurs {a;} vérifie la relation de commutation usuelle :

En outre l'orthonormalité de la famille {u;} entraine que l'intensité totale dans le plan
transverse correspond a la somme des intensités portées par chacun des modes.

Caractérisation du caractére multimode d’un faisceau

a) Faisceau multimode classique

Dans une description classique du champ électromagnétique, on appelle champ multi-
mode dans la base {u;} tout champ s’écrivant comme combinaison linéaire des modes
u; avec au moins deux termes non nuls. La partie positive de I’enveloppe complexe d’'un
tel champ a alors pour expression :

ED(T) =Y aui(7) (2.91)

Dans le cas ou il s’agit d’'une superposition cohérente et non d’un mélange statistique
de modes, la phase relative des {«;} ne varie pas au cours du temps. On peut donc
construire une nouvelle base orthonormale de modes transverses dont le premier terme

est donné par :
H
w(7) = T
’ JIED (D)

(2.92)
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Dans cette nouvelle base le champ est donc monomode. Dans la description classique
du champ électromagnétique le caractere multimode est donc relatif et dépend de la
base choisie®. En revanche nous allons voir que la description quantique fournit une
définition intrinseque d’un état monomode ou multimode.

b) Fuaisceau multimode quantique

Dans le formalisme quantique, on définit un état monomode de la maniere suivante :
L’état |1)) est monomode si et seulement si il existe une base de modes {v;} dans laquelle
il peut s’écrire :

[¥) = ltho) ©10) ©[0) ® ... (2.93)

ot le premier mode est un état |1y) non vide et ot tous les autres modes sont des états
vides du rayonnement avec des fluctuations a la limite quantique standard.

Un état multimode est donc un état tel qu’il n’existe aucune base dans laquelle I'état
peut s’écrire comme en (2.93).

La différence entre les descriptions classique et quantique repose sur le fait que la des-
cription quantique définit non seulement la variation transverse du champ moyen, mais
également la distribution transverse des fluctuations. Cette définition formelle se heurte
néanmoins en pratique a une difficulté de taille : pour un faisceau monomode, on peut
identifier le premier vecteur d’une base dans laquelle le champ s’écrit comme en (2.93)).
Il s’agit du mode du champ moyen donné par 1’équation (2.92). On peut le déterminer
expérimentalement en coupant le faisceau avec une lame de rasoir suivant deux direc-
tions orthogonales du plan transverse et en mesurant l'intensité transmise en fonction
de la position de la lame dans les deux cas. En revanche, pour démontrer rigoureuse-
ment le caractere monomode du champ il faudrait trouver une base orthonormale de
modes construite a partir du mode du champ moyen et dans laquelle les fluctuations
des tous les autres modes seraient a la limite quantique standard, ce qui est en pratique
impossible a vérifier. On ne peut qu’estimer avec une plus ou moins grande probabilité
le caractere monomode d’un champ. En revanche nous allons voir qu’il est possible de
démontrer expérimentalement qu'un champ est multimode en coupant le faisceau dans
le plan transverse avec une lame de rasoir.

5Cette remarque n’est plus valable lorsque la superposition est un mélange statistique de modes
car dans ce cas vy change au cours du temps.
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Bruit quantique transverse d’un faisceau

Dans cette partie nous présentons les étapes du calcul du bruit d’intensité transverse
d’un faisceau dans un traitement linéaire des fluctuations. Nous nous donnons une
base orthonormale de modes transverses {u;} qui vérifie la propriété (2.87). Dans toute
la suite nous supposerons que deux modes au plus sont non vides. Tous les autres
modes seront considérés comme étant dans des états vides du rayonnement avec des
fluctuations isotropes a la limite quantique standard. D’apres I’équation (2.89), la partie
positive du champ électrique transverse peut s’écrire :

EM(p) = uo(p)ao + us(p)in + Y willp)as (2.94)
1>2
avec :

No = (ahao) (2.95)

N o= (ajan) (2.96)

(ala;) = 0 Vi>2 (2.97)

do = N() + (SCLO (298)

dl = N1 + (5@1 (299)

ol on a supposé que la phase relative entre (ag) et (a;) est nulle.

Dans les expériences que nous avons effectuées, le faisceau est coupé contintment par
une lame de rasoir montée sur moteur. L’intensité détectée par la photodiode dépend
donc de la position de la lame au cours du temps. Cette position sera repérée par la
coordonnée z. Bien qu’en pratique les détecteurs soient de taille finie, on considérera
qu’ils sont suffisamment grands par rapport a la taille du faisceau. Dans ces conditions
I'intensité mesurée par le photodétecteur s’écrit :

Ie) = [ EED o)y (2100
En linéarisant l'expression précédente au premier ordre, les fluctuations d’intensité
s’écrivent :
6I = +/NoCoo(z)(6dy + ddip") + /N, Chy (2)(ddy + ddiy") (2.101)
+ N1 (C’m(.ﬁﬁ)&do + Clo(x)*édgT) + NO(CM (Z’)(Sdl + 001 (%)*5d1T)

+ \ N() 2(001(1')5@1 + C()Z([L’)*(SCLAZT) + vV N1 Z(Oh(J?)(S(IAZ + C’ll(l‘)*édﬁ)
=2 1=2
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ou Cj(x) = [*_ui(p) uj(p)d®p est I'intégrale de recouvrement des modes i et j. On
supposera les {C;;} réels (il suffit de prendre les {u;} réels ce qui sera toujours le cas
en pratique).

Le bruit d’intensité s’écrit alors :

(6I12)(z) = (NoCZ(z) + NiCZ(x) + v/ NoNiCool2) Con () (6 X0 ") (2.102)
+ (N10121 (23) —+ N()Cgl + \ N0N1011 C()l <(5X12>
+ 2(\/ N(]Co()(x) + N1C01 SL’ \/ Nlcn —|— vV N0001<$)><5X0(5X1>
+ (\/ N()CO,L(.T) —+ AV NlCh(ac)) <(5X 2>
=2

Cas Monomode Dans ce paragraphe nous supposons que le mode 1 est lui aussi
dans un état vide du rayonnement avec des fluctuations a la limite quantique standard.
D’apres la définition (2.93) le champ est donc monomode.

Le bruit d’intensité transverse vaut alors :

~ 2 e ~ 2
<612>(x)monomode = N0<C§O(x) <5X0 > + Z ng('r) <5Xl >) (2103)
i=1
On note T le coefficient de transmission. Il s’agit du rapport de l'intensité transmise sur
I'intensité totale du faisceau. Dans le cas d’un faisceau monomode, on a simplement :

T = Coo(x) (2.104)

La relation (2.88) permet d’obtenir la relation de fermeture suivante pour les Cy; :

[e.9]

i) = 3 [ [ wlutn ey 2109

- [ [ uo<x'>uo<y><§;uz»(x')ui(y))dx'dy
_ /_ oo /_ OO o2 )1to () (5 — 1) — o ("o (y)d'dy

X X
= [ s - (] adaary
—o0 —o0
= T -T?
Le bruit d’intensité se réécrit donc

(1) (@) momomode = No(T2(6X0") + (T — T2 (5X20,)) (2.106)
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L’intensité totale recue par la photodiode est NyT'. La limite quantique standard cor-

respondant a cette intensité vaut donc (§X2, ) NoT. En divisant 'équation précédente
par cette valeur on obtient le bruit d’intensité transverse normalisé :

(61%) =1+eT (2.107)

monomode,norm.

ou e = (6)202> J(6X2,.) — 1 représente D'écart des fluctuations d’amplitude du champ
par rapport a la limite quantique standard.
Le bruit d’intensité normalisé d’'un champ monomode varie donc linéairement avec la
transmission. La figure 2.31 représente une simulation de I’évolution du bruit normalisé
d’intensité d’un champ monomode en fonction du temps lorsque la lame de rasoir coupe
continument le faisceau. Les abscisses négatives correspondent au cas ou la lame cache
entierement le faisceau, les abscisses positives au cas ou le faisceau est découvert. Le
graphe (b) correspond au cas d’un champ bruyant, le graphe (c) au cas d'un champ
comprimé.

Cette remarque fournit une condition nécessaire pour qu’'un champ soit monomode

Temps (u.a)

Temps (u.a)

-10 -5 ' 5 10

(b) (c)

Fi1c. 2.31 - (a) : profil d'intensité spatial unidimensionnel normalisé du mode T'EMyo.
(b) : bruit normalisé d’intensité en fonction du temps pour un champ bruyant (3 dB).
On part d’une situation (a gauche) ou la lame masque entierement le faisceau. (c) : bruit
normalisé d’intensité en fonction du temps pour un champ comprimé (-3 dB). On part
d’une situation (a gauche) ou la lame masque entierement le faisceau

transverse. Si l'on introduit des pertes transversales caractérisées par le coefficient T' (en
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coupant transversalement avec une lame de rasoir ou en fermant progressivement un
diaphragme), le bruit normalisé du faisceau doit varier linéairement avec T'. Pour s’as-
surer du caractere réellement monomode du champ, il faudrait vérifier cette propriété
pour un nombre infini de bases. En revanche elle fournit une condition suffisante pour
qu'un champ soit multimode et ceci quelque soit la base choisie. En effet, si lors d’une
telle expérience, le bruit normalisé ne varie pas linéairement avec T, alors le champ
est multimode [Martinelli03]. Nous utiliserons ce critére pour montrer que 1'oscillation
paramétrique dans le mélange a quatre ondes de polaritons est multimode au-dessus
du seuil.

Cas Multimode Nous allons étudier le cas multimode en étudiant d’abord le cas
ou le mode 1 est vide puis en supposant le mode 1 non vide mais avec un nombre
de photons N; dans le mode 1 tres inférieur au nombre de photons Ny dans le mode
principal (N} < N).

a) Mode 1 vide

Nous supposons a présent que le mode 1 est vide mais que ses fluctuations ne sont
pas a la limite quantique standard. En utilisant I'expression (2.102), le bruit d’inten-
sité s’écrit alors :

(612 (x) = No(C2(2){0X0") + C2(2){0X1") + 2C00(2) Cor () (6 X0 X1

+ Y CR@)X) (2.108)
=2
En utilisant la relation (2.105), ’expression précédente devient :
. . 2 X . L
(01%)(z) = NoT(1+T(<5X§>—<5X§ide>)+%(a?)(<5X12>—<5sz-de>)+2001(93)<5X05X1>)

(2.109)
L’intensité recue par la photodiode reste égale a NyT'. La normalisation du bruit s’ef-
fectue donc de maniere identique au cas monomode :

031 (v)
T

Corrgy = (5X05X1>/\/(eo + 1)(e3 + 1) est le coefficient de corrélations entre le mode 0
et le mode 1. Les coefficients eq et e; sont définis de la méme maniere que e (voir équa-

(61%) orm. (1) = 1+ Ty + e1 +2Co1(z)v/(eo + 1)(e1 + 1)Corry (2.110)

tion (2.107)). Pour les simulations numériques on utilisera le d B comme unité de bruit.
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Bi.aB

On pose donc e; = 10710 — 1 ou B, 4p est le bruit en décibels du mode 7. L’expression
obtenue en (2.110) est identique a celle de la référence [Hermier99] ou est étudiée la dis-
tribution transverse du bruit d’intensité dans le champ lointain de I’émission de lasers
a semi-conducteurs. Les auteurs montrent que ’émission d’un laser a semi-conducteur
est multimode transverse, avec un mode non vide comprimé et au moins deux autres
modes d’ordre plus élevé présentant un exces de bruit sur la quadrature d’amplitude.
La figure 2.32 représente le bruit normalisé d’intensité en fonction de la transmission
pour un mode principal (0) T'EMyo et un mode secondaire (1) respectivement T'EMj
pour la courbe (a) et T EMsy pour la courbe (b). Les deux modes sont anti-corrélés.
Les parametres utilisés pour les simulations sont issus des courbes expérimentales de la
figure 2.34. La présence d'un second mode vide modifie radicalement le comportement
du bruit normalisé dont la dépendance avec la transmission n’est plus linéaire.

Dans le cas ou plusieurs autres modes entrent en jeu, il suffit d’ajouter les contributions
analogues a celles du mode (1) présentes dans (2.110) de chacun des modes supplémen-
taires au bruit normalisé. Nous suivrons cette démarche pour simuler le bruit mesuré
(voir [E.4)).

b) Mode 1 non vide

Lorsque le mode 1 est non vide, l'intensité transmise contient les contributions du
mode 0, du mode 1 et du recouvrement de ces deux modes. La transmission a alors
pour expression :

_ N()CO()(Z') + N1011<$) + 2\/ N()NlCOl(SC)

T
() No TN,

(2.111)

Or, lorsque Ny < Ny alors y/Ni/Ny > N;/Ny. Nous développons donc l'expres-
sion (2.111)) au premier ordre en /N; /Ny :

T(z) =~ Coolz) + 2\/%001(93) (2.112)

La figure 2.33/ montre I’écart théorique entre la transmission d'un champ monomode
TEMy, et d'un champ bi-mode TEMyy et TEMsy pour un rapport N;/Ny = 1072
Nous développons a présent I'expression (2.102)) au premier ordre en /N; /Ny et nous
divisons le résultat obtenu par la transmission (équation (2.112))). Le bruit transverse
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Bruit normalisé
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F1G. 2.32 — (a) : bruit d’intensité transverse normalisé en fonction de la transmission pour
un mode secondaire (1) TEM;o. Parametres : By gp = 27, By 4p = 34.5, Corrgp = —0.2.
(b) : bruit d’intensité transverse normalisé en fonction de la transmission pour un mode
secondaire (1) T EMyg. Parametres : By gp = 27, By gp = 37.7, Corrg; = —0.05.

d’intensité normalisé au premier ordre en /N; /Ny a alors pour expression :

(017) . () = 1+ Coo(z)eo + Cgl(x)el + 2Co1(x)/(eg + 1)(e1 + 1)Corrgy (2.113)

Coo ()
+ \/%(2011(96)\/(60 + 1)(er +1)Corror + g%g; {Cn(a:) - gzégzﬂ W
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08 | 5{/ ’

06

F1a. 2.33 — (Bleu) : Transmission en fonction du temps dans le cas d’'un champ monomode
TEMpo. (Rouge) : Transmission en fonction du temps dans le cas d’'un champ bi-mode
TEMoo et TEMsg. Parametres : Ny /Ny = 1072.

On peut identifier deux contributions dans I’équation précédente : I'une provient d’“effets
de champs”, autrement dit du recouvrement et des corrélations entre le mode principal
et le mode secondaire. L’autre contribution fait également intervenir des “effets d’in-
tensité” car elle est proportionnelle a la racine carrée du rapport entre le nombre de
photons dans le mode principal et le nombre de photons dans le mode secondaire.

Analyse bi-dimensionnelle Les fonctions {u;} sont des fonctions de deux variables.
Le bruit transverse normalisé d’intensité dépend donc des deux coordonnées du plan.
Les modes qui constituent la base orthonormée de Hermite-Gauss, notés T'E'M,,, ,, ou
n et m sont deux entiers, sont bien adaptés a I’étude du bruit transverse dans les deux
directions de ’espace. En effet 'amplitude du champ électrique transverse d’un mode
TEM,,, sécrit comme le produit d’'une fonction de la seule variable zpar une fonction
de la seule variable y et permet donc de découpler les deux variables de 1’espace :

Epn(,y) = EoHp(V22)e ™ Hy(V2y)e ™V (2.114)

ou H,(x) est le polynéme de Hermite d’ordre n. Les polynomes de Hermite consti-
tuent une base orthonormée des fonctions de carré intégrable pour le produit scalaire

S F(Dg(t)e " dt.

En tenant compte de la remarque précédente, les C; ; sont le produit d'une fonction
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de x par une fonction de y. On peut donc réécrire I'expression du bruit transverse
normalisé d’intensité donné en (2.110) comme fonction de deux variables :

Ci1(2)C3i(y)
T(x)T(y)
+ 2C01(2)Co1(y)v/(eo + 1)(er + 1)Corry, (2.115)

<5]2>norm(xv y) = 1+ T($>T(y)€0 + €1

Lorsqu’on coupe le faisceau suivant la direction x, le bruit d’intensité transverse nor-
malisé mesuré est donné par la limite lorsque y tend vers l'infini dans ’expression
ci-dessus. En passant donc a la limite dans (2.115), on obtient :

C8y (2)C8i (y — oo)e
T(x !
+ 20()1([23’)001(y - OO)\/(GO + ]_)(6’1 + 1)00’["7"01 (2116)

(1) porm.(x) = 14 T(x)eo +

car lim T'(y) = 1.

y—00
L’expression (2.116)) fait clairement apparaitre le découplage des deux coordonnées de

'espace. En effet, si le long de y, le mode (0) et le mode (1) sont des modes distincts
alors Cp; (y — o0) = 0. Dans ce cas, la mesure du bruit transverse normalisé d’intensité
suivant x ne permet pas de montrer que le champ est multimode, les deux modes ayant
la méme structure suivant x mais des structures différentes suivant y.

Dans le cas ou le mode (0) et le mode (1) ont la méme structure de mode suivant y
alors Cp1(y — o0) = 1 et on retrouve 'expression (2.110)).

En mesurant donc le bruit transverse normalisé d’intensité le long des deux directions
de l'espace, on peut déterminer la forme du mode (1) connaissant celle du mode (0)
donnée par la mesure de la transmission. Si le bruit transverse normalisé d’intensité est
une fonction linéaire de la transmission lorsqu’on coupe le champ le long de x, alors
ou bien le champ est monomode, ou bien les modes (0) et (1) sont orthogonaux sui-
vant y. Nous supposons que le champ est bi-mode. On mesure alors le bruit transverse
d’intensité normalisé le long de y. Deux cas sont envisageables. Dans le premier cas
on peut trouver a nouveau une dépendance linéaire, auquel cas les modes (0) et (1)
sont orthogonaux suivant x cette fois. Par exemple si le mode (0) est un T'E My, le
mode (1) peut étre un TEM;; mais en aucun cas un TEMy; ou TEM;,. Dans ce cas
on peut étudier le bruit transverse d’intensité en coupant suivant I'une des bissectrices
pour faire clairement apparaitre le caractere multimode du champ. Dans le deuxieme
cas la dépendance n’est pas linéaire et on peut alors remonter a la forme du mode a
I’aide de simulations.
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Résultats expérimentaux

Dans cette partie nous présentons les résultats expérimentaux des mesures de bruit
transverse effectuées lorsque le systeme est au-dessus du seuil d’oscillation. Dans un
premier temps, on pompe le systeme avec une puissance totale de 12 mW, ce qui signifie
qu’on se trouve légerement au-dessus du seuil d’oscillation. On masque le complémen-
taire, et on coupe le signal horizontalement puis verticalement avec une lame de rasoir
montée sur moteur. On détecte simultanément dans les deux cas l'intensité transmise et
le bruit d’intensité. On trace ensuite le bruit normalisé en fonction de la transmission.
Le critere précédent montre que si le bruit transverse normalisé ne varie pas linéaire-
ment avec la transmission, alors le champ est multimode. Les résultats sont présentés
sur la figure 2.34.

Les courbes de transmission horizontale et verticale (figures (a) et (c)) indiquent que
le mode principal est, avec une bonne précision, un mode gaussien T'EFMyy. En effet il
s’agit de fonctions Erf de méme largeur a 1/e (elle est légerement plus grande dans
le cas horizontal ce qui est confirmé par les images en champ lointain). Nous pouvons
donc supposer dans un premier temps que les autres modes sont vides. Seuls “les effets
de champ” seront donc pris en compte dans les simulations du bruit transverse (voir
figure 2.36).

Dans les cas (b) et (d) le bruit normalisé ne varie pas linéairement en fonction de la
transmission, ce qui indique que le champ n’est pas monomode. Lorsqu’on coupe ho-
rizontalement, le bruit normalisé augmente rapidement et atteint son maximum pour
une transmission proche de 15% puis décroit jusqu’a atteindre la valeur de 500. Cette
valeur correspond a l’exces total de bruit porté par le champ moyen. En effet, si on se
restreint aux “effets de champ”, les contributions horizontales des autres modes trans-
verses sont nulles lorsque la transmission est de 100% (voir (2.110))). Dans le cas vertical
le bruit normalisé n’est également pas monotone. On déduit de ces observations que le
champ est au moins bi-mode.

Comme mentionné précédemment, on peut découpler la coordonnée verticale de la
coordonnée horizontale dans notre analyse en choisissant comme base de modes la base
de Hermite-Gauss. En outre, cette base est bien adaptée au probleme puisque le champ
moyen est porté par le mode T'E M.

Dans un premier temps nous avons tenté de reproduire l'allure des courbes de bruit
normalisé de la figure 2.34/ en supposant le champ bi-mode, le mode principal étant
un mode T E My, brillant et le mode secondaire un mode d’ordre plus élevé vide, mais
possédant un exces de bruit sur la quadrature d’amplitude. En comparant les simula-
tions de la figure 2.32 avec les courbes expérimentales de la figure 2.34), on conclut qu’il
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Fi1c. 2.34 — (a) : transmission en fonction du temps pour une coupe horizontale. (b) :
bruit normalisé en intensité du signal en fonction de la transmission pour une coupe
horizontale. (c) : transmission en fonction du temps pour une coupe verticale. (d) : bruit
normalisé en intensité du signal en fonction de la transmission pour une coupe verticale.

est impossible de se restreindre a ce cas de figure et qu’en réalité de nombreux modes
secondaires entrent en jeu.

Afin de simplifier notre approche nous allons nous restreindre aux modes T'E'M,,,,, avec
0 <n<m <2 (voir figure 2.35). Les modes TEM;y, TEMy, TEMs; et TEMoy
ne contribuent pas au bruit transverse d’intensité dans les directions x et y, puisque
ces modes sont orthogonaux au mode principal T'E My, suivant ces deux directions.
Nous avons donc pris en compte dans nos simulations uniquement les modes T'E M,
et T'E My pour le cas horizontal et les modes T E My, et T E My, pour le cas vertical.
Les résultats sont représentés sur la figure 2.36. Les parametres utilisés pour ces simu-
lations ont été ajustés afin que 'allure des courbes soit similaire a celle des courbes
expérimentales. Elles montrent que les modes horizontaux présentent un exces de bruit
beaucoup plus important que celui du mode principal et sont anti-corrélés avec lui, le
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Fi1c. 2.35 — Mode TEM,,, 0 <n < m < 2. Laxe horizontal de ’expérience est noté H,
I’axe vertical est noté V.

mode du deuxieme ordre étant davantage bruyant que le mode du premier ordre, a la
fois pour le cas horizontal et le cas vertical.

Ces simulations ont été réalisées a partir de la formule (2.110)) obtenue en supposant les
modes secondaires vides. Un examen attentif des courbes de transmission (a) et (c¢) de
la figure 2.34/ révele cependant que la distribution du champ moyen est tres légerement
différente de celle d’'un mode T'E My, (voir figure 2.33)). Cet écart est trés probablement
du au fait que 'intensité des modes secondaires, bien que négligeable devant celle du
mode principal, n’est en réalité pas strictement nulle. Ceci ne modifie que tres faible-
ment le bruit d’intensité transverse, le terme correctif étant proportionnel a \/N;/Ny
ou Ny désigne le nombre de photons du mode principal et N; celui d’'un mode secon-
daire (voir équation (2.113))). C’est pour cette raison que nous avons ignoré ce terme
dans nos simulations.

En revanche, lorsqu’on mesure le bruit de la différence des intensités du signal et du
complémentaire, les fluctuations des modes secondaires introduisent un exces de bruit
important, qui masque la réduction de bruit obtenue sur le mode principal. Nous allons
illustrer cette propriété par un calcul simple.
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Influence des modes secondaires sur la réduction de bruit Nous supposons
que le champ du signal est bi-mode avec Nj photons dans le mode principal (0) et N7
photons dans le mode secondaire (1). Les fluctuations d’intensité du signal s’écrivent
alors :

6, = /N5OX5 + /N6 X; (2.117)
Afin d’illustrer simplement notre propos, nous allons faire les hypotheses suivantes :
nous supposons que le nombre de photons dans les modes (0) et (1) est identique pour
le signal et le complémentaire, soit Nj = N§ = Ny et Ny = N{ = Ny, et que les
fluctuations de ces modes sont également identiques, ce qui implique que (5X§2) =
(5X§2) et (5Xf2) = <5Xf2>. Nous supposons de plus que les termes d’anti-corrélation
entre le mode (0) et le mode (1) sont identiques pour le signal et le complémentaire.
Le bruit normalisé de la différence des intensités du signal et du complémentaire s’écrit
alors simplement :

(01, = 617}y = =1 )L+ ) a1 —CA+ )] (2119
ou ¢ = Ni/Ny. Cy est le coefficient de corrélation entre les modes (0) du signal et du
complémentaire et C est le coefficient de corrélation entre les modes (1) du signal et
du complémentaire. e et e; sont les exces de bruit du mode (0) et du mode (1).

Afin d’évaluer I'importance du terme correctif proportionnel a ¢ dans (2.118) nous re-
prenons les valeurs des parametres déduites des mesures expérimentales. Nous prenons
comme rapport des intensités des modes (0) et (1) ¢ = 1072 et pour les exces de bruit
ep = 27 dB sur le mode (0) (valeur expérimentale) et e; = 37.7 dB sur le mode (1)
(valeur déduite des simulations). Enfin nous considérons que la réduction de bruit sur
le mode (0) est maximale, soit 50% (voir D.3)).

Dans le cas de deux faisceaux monomodes parfaitement équilibrés, le bruit normalisé
sur la différence des intensités Sp vaut :

Sp = So(1 — Cy) (2.119)

ol Sy est le bruit normalisé du signal par exemple.

Dans notre cas, en faisant abstraction des autres modes présents, on aurait Sp = 0.5
et Sy = 500. On en déduit Cy = 0.999. De plus nous supposons que C; = 0.9. Compte
tenu de ces valeurs, le bruit normalisé de la différence des intensités est de I'ordre de
(6], — 51.)2)
Au-dessus du seuil, le systeme s’avere donc multimode spatialement et cette propriété

~ 5 et se situe donc au-dessus de la limite quantique standard.

norm.

permet d’expliquer a priori pourquoi la réduction de bruit observée sur la différence des
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intensités reste au-dessus de la limite quantique standard, ’exces de bruit provenant
des modes transverses d’ordre plus élevé.

Bruit normalisé
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F1G. 2.36 — (a) : bruit transverse normalisé en fonction de la transmission pour la coupe
horizontale.(b) : bruit transverse normalisé en fonction de la transmission pour la coupe
verticale. Parametres :(a) : bruit du mode brillant TEMyy : 27 dB; Bruit du mode
vide TEMyo : 34.5 dB; Corrélations : -0.2. Bruit du mode vide TEMsy : 37.7 dB;
Corrélations : -0.05. Les modes TEMy; et TEMps ne jouent aucun role dans la cas
horizontal. (b) : bruit du mode vide TEMy; : 20 dB ; Corrélations : -0.20. Bruit du mode
vide TEMys : 31 dB; Corrélations : -0.1. Les modes T'EMig et T E My ne jouent aucun
role dans la cas vertical.

Nous avons ensuite placé un diaphragme centré sur le mode T'E My, du signal. Pour
différentes ouvertures du diaphragme, nous avons mesuré le bruit normalisé en fonction
de la transmission pour une coupe horizontale et une coupe verticale, afin de voir si il est
possible d’isoler une partie de I’émission et d’obtenir ainsi un champ monomode. Pour
une ouverture minimale du diaphragme (environ 100 gm), le bruit normalisé présente
une dépendance monotone en fonction de la transmission a la fois dans le cas horizontal
et dans le cas vertical (voir figure 2.37). Cependant il est difficile de considérer le champ
ainsi obtenu comme monomode car la dépendance du bruit normalisé en fonction de
la transmission n’est pas a strictement parler linéaire. Ceci est certainement di aux



148 Chapitre 2. Oscillation paramétrique de polaritons

modes T'E Msg et T EMgys qui possedent un maximum central qui coincide avec celui du
mode T'F My, (voir figure 2.35). La présence du diaphragme permet de filtrer les modes
secondaires impairs mais n’élimine pas les modes secondaires pairs qui sont, d’apres les
simulations, les plus bruyants. De plus il diminue a priori les corrélations entre le signal
et le complémentaire car il est tres difficile expérimentalement de sélectionner avec deux
diaphragmes les zones quantiquement corrélées de 1’émission.
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F1G. 2.37 - (a) : bruit normalisé en fonction de la transmission pour une coupe horizontale.
L’ouverture du diaphragme centré sur le signal est d’une centaine de microns. (b) : bruit
normalisé en fonction de la transmission pour une coupe verticale.
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E.5 Conclusion

La réduction de I'angle d’incidence des pompes nous a permis d’optimiser le mélange
a quatre ondes de polaritons. Dans cette nouvelle configuration nous avons pu mesurer
une inversion totale de polarisation et augmenter les corrélations entre le signal et le
complémentaire au-dela de 99%. Cependant le bruit sur la différence des intensités reste
au-dessus de la limite quantique standard d’un facteur 3 environ. Ceci constitue une
amélioration par rapport au pompage a 6°, mais ne permet pas de mettre en évidence
des corrélations quantiques entre le signal et le complémentaire. D’autre part nous avons
pu étudier I'influence des axes cristallins sur la localisation du couple d’oscillation dans
le champ lointain de 1’émission. La localisation semble dépendre non seulement des
axes mais aussi du désordre local de I’échantillon. Enfin, en étudiant la dépendance
du bruit transverse normalisé du signal en fonction de la transmission, nous avons
mis en évidence le caractere multimode spatial de I’émission. Cette propriété permet
d’expliquer pourquoi le bruit de la différence des intensités ne descend pas au-dessous
de la limite quantique standard. En effet les modes secondaires, bien qu’ayant une
intensité tres faible comparée a celle du mode principal, introduisent un exces de bruit
qui s’ajoute au bruit de la différence des intensités du mode principal et masquent une
éventuelle compression de bruit du mode principal.
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F Conclusion

Les premieres expériences d’optique non-linéaire dans les microcavités semi-conductrices
en régime de couplage fort ont mis en évidence la forte analogie de ces systemes avec
les oscillateurs paramétriques optiques. Les premiers résultats ont été obtenus dans
le domaine de 'optique non-linéaire classique, avec la démonstration expérimentale de
I'oscillation paramétrique de polaritons lorsque le systeme est excité a I’angle “magique”
qui satisfait la condition d’accord de phase. Nous avons étudié cette configuration dans
la premiere partie de ce chapitre et nous avons montré qu’elle permet en effet 1’émission
non-linéaire du signal a 'incidence normal et du complémentaire a un angle beaucoup
plus élevé. Nous avons également montré que cette configuration comporte néanmoins
des inconvénients, tant du point de vue classique que du point de vue quantique : le
complémentaire étant presque dix mille fois plus faible que le signal, cette configura-
tion ne permet pas d’obtenir des états finaux équilibrés en intensité et donc d’observer
des corrélations quantiques entre eux. Dans un deuxieme temps, nous avons montré
qu'une nouvelle géométrie d’excitation utilisant deux pompes contra-propageantes de
méme énergie permet de s’affranchir de ce probleme. Ce mélange a quatre ondes dé-
généré de polaritons crée des états finaux de méme énergie et donc équilibrés. Nous
avons étudié les propriétés quantiques de cette nouvelle configuration, tant sous le seuil
qu’au-dessus du seuil d’oscillation, et nous avons montré qu’elle permet de produire
des états quantiquement corrélés. Dans un dernier temps, nous avons étudié expéri-
mentalement le mélange a quatre ondes de polaritons. Nous avons mis en évidence
les phénomenes d’amplification bosonique et d’oscillation paramétrique, et nous avons
souligné I'importance des effets de spin que nous étudierons plus en détails au cha-
pitre 5. Le processus posséde un seuil bas (de 'ordre de 5.10*> Wem™2) et produit un
signal et un complémentaire tres bien équilibrés et relativement intenses. De plus, ils
possedent une polarisation linéaire orthogonale a la polarisation des pompes. Cette
wnwversiton de polarisation linéaire permet d’envisager ['utilisation de ce systeme comme
base de portes logiques optiques (voir chapitre [5).

Du point de vue de l'optique quantique, nous avons démontré ’existence de corréla-
tions d’intensité entre le signal et le complémentaire. Cependant le bruit de la différence
des intensités du signal et du complémentaire reste au-dessus de la limite quantique
standard. Les améliorations apportées a ’expérience par la réduction de ’angle d’in-
cidence des pompes ont permis de se rapprocher de cette limite sans toutefois passer
au-dessous. A tres faible puissance de pompe les photodiodes ne sont pas assez sen-
sibles pour détecter les photons paramétriques émis. A faible puissance de pompe,
I’émission paramétrique sous le seuil est en grande partie masquée par la photolumi-
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nescence quasi-résonnante, car le processus est dégénéré en énergie. Ceci explique les
tres faibles corrélations d’intensité mesurées sous le seuil. Au-dessus du seuil d’oscilla-
tion les corrélations sont supérieures & 99% mais le bruit de la différence reste au-dessus
de la limite quantique standard. L’exces de bruit est principalement du au caractere
multimode transverse du signal et du complémentaire, que nous avons expérimentale-
ment démontré, et dans une moindre mesure au bruit excitonique.

Toutefois il semble possible de surmonter ces difficultés. Sous le seuil, la mise en place
d’une détection homodyne permet de s’affranchir du probleme de sensibilité des pho-
todiodes. Le caractere multimode spatial de I’émission paramétrique rend cependant
difficile I'utilisation d’un tel dispositif. En revanche, si ’on sonde le systeme tres faible-
ment avec un faisceau de polarisation linéaire orthogonale a celle des pompes, dans un
mode spatial bien défini et de taille appropriée, le signal et le complémentaire devraient
alors avoir des polarisations bien définies, et osciller dans le méme mode spatial que
celui de la sonde. L’utilisation d'une sonde devrait alors faciliter le montage de la dé-
tection homodyne. Il est également possible de sonder le systeme et de franchir le seuil
d’oscillation. Ceci devrait permettre de réduire I’exces de bruit du aux autres modes
transverses. Enfin, il est possible de s’affranchir de la luminescence en utilisant un mé-
lange a quatre ondes non-dégénéré. Cette configuration peut étre obtenue en “levant les
pompes”, c’est-a-dire en donnant une valeur différente de zéro a la composante ky du
vecteur d’onde des pompes. Les états finaux du mélange a quatre ondes ne se situent
alors plus sur le cercle de diffusion élastique. On peut donc les séparer spatialement de
la photoluminescence résonnante.

Dans tous les cas de figure, I’étude théorique et les mesures expérimentales ont montré
qu’il faut travailler a désaccord cavité-exciton négatif (on maximise ainsi la composante
photonique des polaritons, ce qui augmente la réduction de bruit) et avec un échantillon
dont le rapport v/, est le plus faible possible. Nous verrons dans la partie suivante
I'observation expérimentale de corrélations quantiques entre le signal et le complémen-
taire dans un mélange a quatre ondes dégénéré de polaritons, au sein d’une microcavité
triple.
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équilibrés et corrélés en intensité dans une microcavité semi-conductrice [Romanelli07].
Bien que nous ayons démontré qu’il est possible théoriquement d’obtenir des polaritons
jumeaux dans cette configuration, nous n’avons pas observé de réduction de bruit sur la
différence des intensités du signal et du complémentaire, notamment en raison du bruit
excitonique et de l'existence de modes transverses secondaires tres bruités au-dessus
du seuil d’oscillation (voir [E.4).

Récemment 1'équipe de J. Tignon a démontré expérimentalement la possibilité d’ob-
tenir une oscillation paramétrique tres efficace en excitant une microcavité triple a
I'incidence normale [Diederichs06]. Ce processus, appelé oscillation paramétrique ver-
ticale, crée un signal et un complémentaire émis a l'incidence normale, respectivement
a une énergie inférieure et une énergie supérieure a celle de la pompe, avec un rapport
en intensité de I'ordre de 1/200. Ce rapport reste néanmoins trop faible pour pouvoir
mesurer des corrélations quantiques dans le domaine des variables continues entre le
signal et le complémentaire.

En revanche, on peut exploiter un autre processus, appelé oscillation paramétrique
horizontale, dans lequel 'excitation a l'incidence normale crée un signal et un complé-
mentaire a la méme énergie que la pompe et émis a un angle non nul. Il s’agit donc
d’un mélange a quatre ondes dégénéré en énergie, mais n’utilisant qu'une seule pompe,
contrairement a la configuration étudiée dans la partie précédente (voir chapitre 2).
Nous avons effectué des mesures de corrélations d’intensité sur le signal et le complé-
mentaire produits par ce processus en collaboration avec J. Tignon et C. Diederichs.
Nous avons observé expérimentalement une réduction de bruit de 6% sur la différence
des intensités du signal et du complémentaire, mettant ainsi en évidence pour la pre-
miere fois 'existence de corrélations quantiques entre ces deux états. Cette expérience
constitue la premiere génération de photons jumeaux a 'aide d’une microcavité semi-
conductrice dans le régime des variables continues.

Ce chapitre décrit d’abord la structure de la microcavité triple utilisée, en montrant
que le couplage des cavités optiques permet d’observer des effets non-linéaires a la fois
en couplage fort mais aussi en couplage faible. Sont ensuite présentées les mesures de
corrélations d’intensité entre le signal et le complémentaire issus d’'un processus du
mélange a quatre ondes dégénéré.
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B La microcavité triple semi-conductrice

Nous décrivons dans cette partie la microcavité triple utilisée lors de nos expériences.
L’originalité de cette structure par rapport aux microcavités semi-conductrices planes
ne possédant qu'une seule cavité provient de ’existence de trois branches de dispersion
photoniques, issues du couplage entre les trois cavités optiques. Les microcavités simples
ont besoin du couplage fort entre excitons et photons pour obtenir une dispersion
permettant 1’oscillation paramétrique dans le systeme, ce qui nécessite de travailler pour
I'instant a des températures cryogéniques. La microcavité triple peut fonctionner de la
méme maniere qu’une microcavité simple mais elle peut aussi tirer parti de la présence
de ses trois branches de dispersion photonique pour opérer a température ambiante
et générer une oscillation paramétrique en utilisant les non-linéarités intrinseques du
milieu a la place des non-linéarités de type excitonique. Le lecteur pourra trouver
de plus amples informations et une description détaillée des expériences réalisées sur
oscillation paramétrique verticale dans cette structure dans la référence [Diederichs06].

B.1 Structure de la microcavité triple

La figure 3.1 représente la structure de la microcavité triple. Elle est constituée
de trois cavités en GaAs de méme longueur A = 840 nm. Les cavités sont couplées
entre elles par deux miroirs de Bragg intermédiaires situés de part et d’autre de la
seconde cavité. Deux autres miroirs de Bragg constituent le miroir d’entrée et le miroir
de sortie. Chaque miroir de Bragg est constitué de 13 paires de couches en AlAs/GaAs
d’épaisseur A/4. Chaque cavité contient un puits quantique en Ingo5GagosAs de 80
Ade large situé en un maximum du champ électromagnétique. La croissance de la na-
nostructure est réalisée par épitaxie a jet moléculaire. Le substrat sur lequel s’effectue
cette croissance a été poli afin de pouvoir effectuer des expériences en transmission. Un
angle tres faible entre les miroirs de Bragg a été introduit lors de la croissance selon
deux directions perpendiculaires de I'espace. Cela permet de choisir le désaccord dune
cavité par rapport a l'autre en changeant la position du spot du laser sur I’échantillon
de maniere identique a ce qui est fait dans les microcavités simples pour le désaccord
cavité-exciton.
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Fic. 3.1 — Structure d’une microcavité semi-conductrice triple composée de 3 cavités
de longueur A = 840 nm couplées par deux miroirs de Bragg constitués de 13 couches
en AlAs/GaAs d’épaisseur A\/4. Deux autres miroirs de Bragg constituent les miroirs
d’entrée et de sortie. Un puits quantique de 80 Ad’épaisseur est placé au centre de
chaque cavité.

B.2 Dispersion des modes

Modes photoniques

Lalevée de dégénérescence des modes photoniques dans la microcavité semi-conductrice
est I'une des propriétés spécifiques et originales de ce systeme. Elle résulte du couplage
fort de nature purement optique entre les trois cavités. Le couplage fort entre modes
optiques ne peut étre atteint que si le terme de couplage entre les cavités est plus
grand que les pertes des cavités. A titre d’exemple (voir figure 3.2), il est montré dans
la référence [Stanley94] que le couplage fort entre deux cavités optiques séparées par
un miroir de Bragg de coefficient de réflexion R; et placées entre un miroir d’entrée et
un miroir de sortie chacun de coefficient de réflexion R, est atteint si et seulement si :

Ry < ( arll (3.1)

1+ R0>2

La conséquence du couplage fort optique dans une microcavité triple est une levée de
dégénérescence du mode longitudinal et I'apparition de trois nouveaux modes optiques
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Fi1Gc. 3.2 — Structure d’une microcavité semi-conductrice double composée de 2 cavités
couplées par un miroir de réflectivité Rq. Les miroirs d’entrée et de sortie ont une réflec-
tivité Ro. Le couplage fort entre les deux cavités n’est possible que si Ry < 4Ro/(1+ Rp)?

longitudinaux (voir figure 3.3). De plus ces nouveaux modes longitudinaux sont déloca-
lisés sur toute la structure. La finesse globale de la microcavité est de 740 [Diederichs06].

Energie (eV)

Angle (°)

Fi1G. 3.3 — A gauche : Courbe de dispersion calculée de la microcavité triple en I’absence
de couplage fort optique. A droite : Courbe de dispersion calculée de la microcavité
triple lorsque la condition de couplage fort (3.1) est réalisée. Deux nouvelles branches
photoniques apparaissent, 'une a plus haute énergie l'autre a plus basse énergie que la
branche initiale. L’absorption des puits quantiques est considérée ici comme nulle.
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Modes polaritoniques

Nous avons volontairement ignoré au paragraphe précédent la présence des puits
quantiques placés au centre des cavités. Cependant nous avons vu au chapitre 1 que
le mode excitonique d’une microcavité simple est couplé au mode photonique de la
microcavité, et que ce couplage devient fort lorsque les pertes des modes excitoniques
et photoniques sont faibles devant le coefficient de couplage.

Dans la microcavité triple, le couplage entre les cavités donne naissance a trois modes
photoniques délocalisés sur 'ensemble de la structure, qui peuvent étre chacun couplés
au mode excitonique. Si la condition de couplage fort entre I'un des modes photoniques
et le mode excitonique est remplie, le couplage donne naissance a deux modes polarito-
niques dont les courbes de dispersions (branche basse et branche haute) sont similaires
a celles obtenues dans le cas d’une microcavité simple, la branche basse se caractéri-
sant par une dispersion en forme de S. Au total on peut compter jusqu'a six modes
polaritoniques dont les dispersions sont représentées sur la figure 3.4.

Le désaccord cavité-exciton est défini par 6 = E, — Ex ol £, est I'énergie du mode
photonique de la cavité en ’absence de couplage photonique entre les trois cavités et
E'x est 'énergie de résonance excitonique a l'incidence normale.

Energie (eV)

Angle (°)

Fia. 3.4 — Courbe de dispersion calculée en régime de couplage fort de la microcavité
triple. Chaque mode photonique se couple au mode excitonique et produit deux modes
polaritons dont les branches basses de dispersion sont caractérisées par une forme en S.
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En travaillant a basse température et avec des puissances d’excitation modérées, le sys-
teme peut donc étre décrit en termes de polaritons, particules mi-lumiere mi-matiere,
dont les courbes de dispersion sont représentées sur la figure 3.4. Le systeme est alors
en régime de couplage fort. Les non-linéarités du systéeme sont dans ce cas dues aux
interactions coulombiennes entre excitons, comme dans le cas d’une microcavité simple.
En augmentant la puissance d’excitation on atteint le régime de couplage faible entre
excitons et photons. La dispersion est alors similaire a celle des trois modes photoniques
d’une cavité triple nue, les largeurs de raie des modes étant élargies par la présence des
puits quantiques. Les effets non-linéaires sont en revanche toujours dus aux interactions
non-linéaires entre excitons. Enfin, en élevant la température de travail, les résonances
excitoniques disparaissent. Les modes propres du systeme correspondent aux modes
photoniques, avec a nouveau une raie élargie par la présence des puits quantiques. Les
effets non-linéaires du systéeme proviennent dans ce cas des non-linéarités électroniques
intrinseques du milieu, en 'occurrence de GaAs.

Dans la référence [Diederichs06], les auteurs démontrent expérimentalement l’existence
d’un processus paramétrique vertical en excitant la microcavité de maniere résonnante
a I'incidence normale sur la seconde branche photonique. Le signal et le complémentaire
sont émis dans un angle solide de 7° autour de I'incidence normale, respectivement sur
la premiere branche et la troisieme branche photonique (I’énergie du complémentaire
est donc plus élevée que celle du signal). Le seuil d’oscillation du processus est de
4, 4kWem™2 et le complémentaire est environ 200 fois mois intense que le signal. I est
intéressant de remarquer que le processus subsiste jusqu’a des températures de 'ordre
de 150 K, c’est-a-dire bien au-dela de la température d’existence de ’exciton dans le
systeme qui est inférieure a 50 K.

Dans toute la suite nous allons nous intéresser a un processus tout a fait analogue. Nous
excitons de maniere résonnante la seconde branche photonique a l'incidence normale et
nous étudions un processus de diffusion paramétrique horizontal vers des états de méme
énergie que la pompe et situés sur la premiére branche photonique (voir figure [3.5)).
Nous mesurons ensuite les corrélations d’intensité entre le signal et le complémentaire.
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FiG. 3.5 — Représentation schématique du processus de diffusion paramétrique horizontal.
Le systeme est excité a I'incidence normale sur la deuxieme branche photonique. Les états
finaux du processus ont la méme énergie que I’énergie de la pompe et sont localisés sur
premiere branche photonique.
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C Etude expérimentale du processus de diffusion
paramétrique horizontal

Dans cette partie nous présentons les expériences sur le processus horizontal repré-
senté sur la figure 3.5. Ces expériences ont été réalisées au Laboratoire Pierre Aigrain
en collaboration avec C. Diederichs et D. Taj. Le désaccord cavité-exciton constitue
le principal parametre de ces expériences. Nous allons en effet montrer que le systeme
se comporte différemment en fonction de la plage de valeurs prises par le désaccord.
Pour un désaccord tres positif (8 meV), la seconde branche photonique est faiblement
couplée a l'exciton, le seuil d’oscillation est élevé et les corrélations demeurent dans le
domaine classique. Pres du désaccord nul, le seuil est plus faible mais les corrélations
sont néanmoins au-dessus de la limite quantique standard. Enfin, a désaccord tres né-
gatif (-8 meV), la seconde branche photonique est fortement couplée avec 1'exciton. Le
processus paramétrique possede un seuil relativement bas comparé aux autres cas et la
réduction de bruit sur la différence des intensités du signal et du complémentaire est de
6%, ce qui démontre la nature quantique des corrélations mesurées. Pour chacun des
désaccords mentionnés ci-dessus, nous présentons d’abord les observations du champ
lointain de I’émission et les courbes de dispersion expérimentales correspondantes. Nous
montrons ensuite les mesures de seuil effectuées et enfin nous présentons les mesures
de corrélations d’intensité entre le signal et le complémentaire.

C.1 Dispositif expérimental

Dans cette partie nous présentons le dispositif expérimental permettant les obser-
vations du champ lointain de I’émission, I'obtention des courbes de dispersion pour un
désaccord donné et la mesure des corrélations d’intensité entre le signal et le complé-
mentaire. Lors de toutes les expériences, 1’échantillon est placé au sein d’un cryostat a
circulation d’hélium liquide refroidi a une température de 6K (le modele du cryostat
est identique a celui présenté au chapitre (C.4).

Observation du champ lointain de 1’émission

Dans un premier temps on excite le systeme a l'incidence normale a 1’aide d'un
laser Ti :Sa accordable, de polarisation linéaire horizontale et monomode. On analyse
I’émission lumineuse transmise par la microcavité en faisant I'image du plan de Fourier
sur une caméra CCD (voir figure 3.6). Lorsque I'excitation est résonnante avec la se-
conde branche photonique, on a ainsi directement acces aux populations des différents
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modes de méme énergie que la pompe. Lorsqu’on décale fortement 1’énergie du laser
d’excitation vers les hautes énergies, I'excitation devient non résonnante. La lumiere
émise par la microcavité est alors envoyée d’abord a travers un spectrometre placé
entre la microcavité et la caméra CCD. Ce dispositif permet d’obtenir directement la
courbe de dispersion correspondant a un désaccord cavité-exciton donné.

Vers
Spectro
_)

Champ lointain

Fi1G. 3.6 — La microcavité est excitée a l'incidence normale par un laser Ti :Sa. On image le
champ lointain de I’émission transmise sur une caméra CCD. L’excitation hors résonance
permet d’obtenir la courbe de dispersion en tout point de I’échantillon.

Mesures de corrélations d’intensité et calibration du “shot noise”

Le dispositif expérimental pour mesurer les corrélations d’intensité entre le signal et
le complémentaire est identique a celui présenté au chapitre 2. Chacun des faisceaux est
focalisé avec une lentille sur un photodétecteur. Les photocourants sont ensuite sommés
ou soustraits puis envoyés vers un analyseur de spectre. La fréquence d’analyse est de
4 MHz. Elle correspond a la fréquence de résonance des circuits hautes fréquences
des photodétecteurs, qui ont été spécialement concus pour avoir un bruit électronique
minimal a cette fréquence. Dans toutes les expériences, la bande passante de ’analyseur
de spectre est fixée a 30 kHz et la bande passante vidéo a 100 Hz.

Le bruit quantique standard est minutieusement et systématiquement calibré avant
chaque expérience en suivant la procédure décrite au paragraphe (C.5 du chapitre [1.
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La figure 3.7 montre les résultats d’une telle calibration, qui ont été obtenus pour des
puissances optiques identiques a celles mesurées lors des expériences.

6,0x10°
RBW = 30 kHz

5,0x1¢°

4,0x10

3,0x10°

2,0x10°

1,0x10°

Bruit absolu (V* Hz)

0,0 . L . L . L . L
0 1 2 3 4

DC totale (mV)

Fi1G. 3.7 — Bruit absolu de la différence des intensités en fonction de la DC totale mesurée
par les photodiodes. La fréquence d’analyse et de 4 MHz est la bande passante de 30 kHz.

C.2 Oscillation paramétrique pour un désaccord cavité-exciton
de 8 meV

Dans tout le paragraphe suivant nous nous placons a un désaccord cavité-exciton de
8 meV. Cela implique entre autres que la seconde branche photonique, que 'on excite
de maniere résonnante, se situe au-dessus du réservoir excitonique (voir la courbe de
dispersion de la figure 3.8). Cette configuration favorise les processus de diffusion vers

le réservoir excitonique.

Dispersion et champ lointain

Lorsque le désaccord cavité-exciton est de l'ordre de 8 meV, la seconde branche
photonique se situe tres au-dessus de la résonance excitonique dans le diagramme de
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dispersion. En excitant la microcavité hors résonance avec une puissance de pompe
d'une dizaine de mW on obtient la dispersion de la figure 3.8, La dispersion de la fi-

Troisiéme branche
photonique

Deuxiéme branche
photonique
Exciton

Premiere branche
photonique

Fia. 3.8 — Courbe expérimentale de dispersion pour un désaccord cavité-exciton de 8
meV. La premiere branche photonique est fortement couplée au mode excitonique. Les
deux autres branches correspondent aux deux autres modes photoniques.

gure 3.8 montre que la premiere branche est fortement couplée au mode excitonique;
le couplage fort modifie en effet la courbe de dispersion qui adopte une forme carac-
téristique en S. En revanche les deux autres modes sont faiblement couplés au mode
excitonique. La dispersion de ces deux modes photoniques n’est pas affectée et demeure
parabolique.

Dans ces conditions, c’est-a-dire a faible puissance d’excitation, la courbe de disper-
sion de la figure 3.8 montre que le processus de diffusion paramétrique horizontal ne
peut pas se produire. En revanche, en augmentant la puissance de pompe, on induit
une transition couplage fort-couplage faible pour les polaritons de la premiere branche.
Cette transition se produit lorsque la densité d’excitons dépasse la densité critique.
La dispersion de la premiere branche redevient alors parabolique permettant ainsi au
processus de diffusion paramétrique horizontal d’avoir lieu. Les effets non-linéaires sont
dans ce cas dus aux interactions coulombiennes entre excitons. Le champ lointain de
I’émission pour une excitation résonnante a I'incidence normale sur la seconde branche
photonique est représenté sur la figure 3.9. Au centre on peut remarquer le faisceau de
pompe extrémement intense. Outre le faisceau de pompe on peut distinguer un anneau
qui correspond a l'anneau de diffusion Rayleigh. Nous rappelons que cette diffusion
élastique est due au désordre dans I’échantillon. Deux points brillants et diamétrale-
ment opposés se détachent nettement du fond lumineux. Ils correspondent au signal et
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au complémentaire, comme nous le montrerons ultérieurement a l'aide de mesures de
seuil et de corrélations d’intensité.

Anneau de diffusion
Rayleigh
Signal

Pompe

Complémentaire

Fic. 3.9 — Image du champ lointain de I’émission pour une excitation résonnante avec la
deuxieme branche photonique et un désaccord de 8 meV. Le spot tres intense au centre
de I'image correspond au faisceau pompe. Le signal et le complémentaire (cercle rouge)
se trouvent diamétralement opposés sur 'anneau de diffusion Rayleigh.

Mesures de seuil et de corrélations

La mesure du seuil d’oscillation paramétrique est présentée sur la figure 3.10. Le seuil
est tres élevé puisqu’il se situe autour de 300 mW de pompe. Pour de telles puissances
de pompe, les effets thermiques, dont nous avons déja évoqué 'importance au chapitre
précédent, dégradent les corrélations entre le signal et le complémentaire et introduisent
un exces de bruit sur la différence des intensités. Les mesures de corrélations d’intensités
sont présentées sur la figure3.11. Les premieres corrélations apparaissent autour de 300
mW de pompe, c’est-a-dire au seuil d’oscillation. Lorsqu’on augmente la puissance de
pompe, le bruit normalisé de la somme augmente significativement tandis que le bruit
normalisé de la différence n’augmente que tres peu pour se stabiliser autour d’une
dizaine de fois la limite quantique standard. Les corrélations d’intensité augmentent
donc avec la puissance de pompe mais le bruit normalisé de la différence reste néanmoins
au-dessus de la limite quantique standard.
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F1aG. 3.10 — Puissance optique émise en uWV en fonction de la puissance de pompe (mW).
Ronds rouges : signal. Carrés noirs : complémentaire.
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Fi1G. 3.11 — Bruit normalisé de la somme et de la différence des intensités du signal et
du complémentaire en fonction de la puissance de pompe (mW). Ronds rouges : bruit
normalisé de la différence. Ronds bleus : bruit normalisé de la somme.
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Conclusion

A désaccord tres positif, la deuxieme branche photonique se trouve au-dessus du
réservoir excitonique et tres loin du premier mode polariton. Le seuil d’oscillation pa-
ramétrique s’en trouve remarquablement élevé, environ 300 mW de pompe. Pour de
telles puissances d’excitation, les effets thermiques sont tres importants. Ils dégradent
les corrélations entre le signal et le complémentaire. En outre la diffusion efficace vers
le réservoir excitonique est a l'origine d'un exces de bruit dans le systeme. Ces deux
effets conjugués expliquent pourquoi le bruit de la différence des intensités atteint une
dizaine de fois la limite quantique standard.

C.3 Oscillation paramétrique pour un désaccord cavité-exciton
nul

Dans tout le paragraphe suivant nous nous plagons a un désaccord cavité-exciton
nul. La seconde branche photonique se trouve donc a hauteur de la résonance excito-
nique.

Dispersion et champ lointain

La dispersion s’obtient de la méme maniere que précédemment. Elle est visible sur
la figure 3.12. La dispersion de la figure 3.12 differe de celle a désaccord positif. Elle est

Branches hautes
polaritons

Troisiéme branche
basse polariton

Deuxiéme branche
basse polariton

Premiére branche
basse polariton

Fic. 3.12 — Courbe expérimentale de dispersion pour un désaccord cavité-exciton nul.
Les trois branches photoniques sont fortement couplées au mode excitonique.
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tres semblable a la figure 3.4/ qui représente la dispersion théorique des modes polari-
tons lorsque le systeme est en régime de couplage fort pour les trois branches. On peut
donc clairement identifier les trois branches basses polaritons et les branches hautes.
L’excitation résonnante s’effectue sur la deuxieme branche polariton et les états finaux
de la diffusion paramétrique se situent alors sur la premiere branche polariton. On
voit donc qu’en fonction du désaccord cavité-exciton considéré, le systéme, pour une
température et une puissance de travail données, peut se trouver dans un régime de
couplage faible ou de couplage fort. Dans les deux cas les non-linéarités restent dues
aux interactions coulombiennes entre excitons.

Le champ lointain de 1’émission pour une excitation résonnante a l'incidence normale
sur la seconde branche photonique est représenté sur la figure 3.13. Le spot brillant au
centre correspond au faisceau de pompe transmis. L’anneau de diffusion Rayleigh est
davantage visible que pour le désaccord de 8 meV et cette diffusion est plus intense
suivant les directions horizontales et verticales qui correspondent aux axes cristallins de
I’échantillon. En outre on remarque que la luminescence quasi-résonnante a l'intérieur
de 'anneau est plus importante que précédemment, ce qui peut s’expliquer par le fait
que la seconde branche polaritonique est tres plate au voisinage de 'incidence normale
lorsque le désaccord est nul. Les polaritons de faible vecteur d’onde transverse peuvent
donc diffuser efficacement vers des états de plus grand vecteur d’onde et d’énergie
voisine, par I'intermédiaire d’interactions avec les phonons par exemple. Deux points
brillants situés sur I'anneau de diffusion élastique et diamétralement opposés se dé-
tachent nettement du fond lumineux. Ils correspondent au signal et au complémentaire
et se situent sur le méme diametre que dans le cas d'un désaccord de 8 meV.

Mesures de seuil et de corrélations

La mesure du seuil d’oscillation paramétrique est présentée sur la figure 3.14. Le
seuil de l'oscillation paramétrique se situe autour de 100 mW. Il est donc trois fois plus
faible que dans le cas précédent. Le processus est également plus efficace que dans le
cas du désaccord positif. Néanmoins la puissance de pompe nécessaire pour atteindre
le seuil d’oscillation reste relativement élevée et les effets thermiques continuent de
jouer un role néfaste pour les corrélations. Les mesures de corrélations d’intensités sont
présentées sur la figure 3.15. Le comportement du bruit normalisé de la somme et de
la différence est tres similaire a celui de la figure 3.11. Le bruit normalisé de la somme
croit avec la puissance de pompe alors que le bruit de la différence reste constant
autour d’'une dizaine de fois la limite quantique standard. Bien que la puissance de
pompe soit plus faible que dans le cas précédent, il n’y a pas de diminution de I'exces
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Anneau de diffusion
Rayleigh

Signal

Pompe

Complémentaire

Fia. 3.13 — Image du champ lointain de I’émission pour une excitation résonnante avec la
deuxieme branche polariton et un désaccord nul. Le spot tres intense au centre de I'image
correspond au faisceau pompe. Le signal et le complémentaire (cercle rouge) se trouvent
diamétralement opposés sur I'anneau de diffusion Rayleigh.

de bruit sur la différence des intensités. Les effets thermiques ne sont donc pas la cause
principale de l'exces de bruit sur la différence des intensités lorsque le désaccord est
nul. De plus le bruit normalisé de la somme est beaucoup plus important que dans le
cas précédent. Ceci peut s’expliquer en partie par la proximité du réservoir excitonique
et la dispersion tres plate de la seconde branche polariton qui permet une diffusion
efficace vers des états a large vecteur d’onde transverse. Cette diffusion est responsable
de la photoluminescence observée sur 'image du champ lointain de la figure 3.13. La
photoluminescence est tres certainement la cause de l'exces de bruit observé sur la
somme et sur la différence.

Conclusion

A désaccord nul, la seconde branche photonique est fortement couplée au mode
excitonique. La dispersion de la seconde branche polariton issue de ce couplage fort est
tres aplatie au voisinage de l'incidence normale. Ceci a pour conséquence une photo-
luminescence quasi-résonnante tres importante. Cette photoluminescence est la cause
principale de ’exces de bruit observé sur la différence des intensités.

C.4 Oscillation paramétrique pour un désaccord cavité-exciton
de -8 meV

Dans tout le paragraphe suivant nous nous plagons a un désaccord cavité-exciton de
- 8 meV. La seconde branche photonique se trouve donc bien en-dessous de la résonance
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F1G. 3.14 — Puissance optique émise en uW en fonction de la puissance de pompe (mW).
Ronds rouges : signal. Carrés noirs : complémentaire.
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Fia. 3.15 — Bruit normalisé de la somme et de la différence des intensités du signal et

du complémentaire en fonction de la puissance de pompe (mW). Ronds rouges : bruit
normalisé de la différence. Ronds bleus : bruit normalisé de la somme.

excitonique. Les états excités sont alors protégés du réservoir excitonique.
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Dispersion et champ lointain

La dispersion s’obtient de la méme maniere que précédemment. Elle est visible sur
la figure [3.16. La dispersion de la figure 3.16/ differe des dispersions obtenues dans les

Troisiéme branche
photonique

Branches hautes
polaritons

Deuxiéme branche
basse polariton

Premiére branche
basse polariton

Fia. 3.16 — Courbe de dispersion pour un désaccord cavité-exciton de -8 meV. Les deux
premieres branches photoniques sont fortement couplées au mode excitonique. La troi-

sieme branche est faiblement couplée avec 1’exciton.

deux cas précédents. La troisieme branche photonique est a peine visible et se situe
bien au-dessus des deux autres. Les deux premieres branches sont fortement couplées
au mode excitonique et tres fortement courbées ce qui limite les processus de diffusion
inélastique contrairement au cas du désaccord nul. Le systeme peut étre a nouveau
décrit en terme de polaritons a la fois pour 1’état initial et les états finaux du processus
de diffusion paramétrique.

Le champ lointain de 1’émission pour une excitation résonnante a l'incidence normale
sur la seconde branche photonique est représenté sur la figure 3.17. Le spot brillant au
centre correspond au faisceau de pompe transmis. La diffusion Rayleigh est beaucoup
plus intense suivant les axes cristallins, ce qui s’explique par le fait que le désaccord tres
négatif favorise davantage la partie photonique du polariton. Deux spots tres brillants et
diamétralement opposés se détachent tres nettement du fond de diffusion. Le diametre
d’oscillation differe des deux cas précédents. La sélection d’une direction d’oscillation
privilégiée peut en fait étre expliquée en prenant en compte la mosaicité présente dans
tout échantillon. La mosaicité est une caractéristique de I’échantillon qui provient d’une
répartition aléatoire des défauts responsables de la distorsion cristalline. L. Largeau,
du Laboratoire de Photonique et Nanostructures a Marcoussis (LPN), a effectué sur
cet échantillon des mesures de diffraction par des rayons X qui ont mis en évidence des
distorsions au sein de la maille cristalline. Ces distorsions correspondent a des déforma-
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tions élastiques, qui ont pour origine les défauts de raccordement aux interfaces entre
AlAs et GaAs. Ces distorsions ont une longueur de corrélation d’environ 400 nm. Elles
définissent certaines directions le long desquelles le processus de diffusion paramétrique
va étre favorisé. Le diametre considéré ici correspond a 1'une de ces directions. En di-

Anneau de diffusion
Rayleigh

Signal

Pompe

Complémentaire

Fic. 3.17 — Image du champ lointain de I’émission pour une excitation résonnante avec
la deuxieme branche polariton et un désaccord de -8 meV. Le spot tres intense au centre
de I'image correspond au faisceau pompe. Le signal et le complémentaire (cercle rouge)
se trouvent diamétralement opposés sur 'anneau de diffusion Rayleigh.

minuant encore le désaccord, l'oscillation paramétrique disparait et seul I'anneau de
diffusion Rayleigh est présent dans le champ lointain de 1’émission (voir figure [3.18)).
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Diffusion
Rayleigh

FiG. 3.18 — Image du champ lointain de I’émission pour une excitation résonnante avec la
deuxieme branche polariton et un désaccord de -10 meV. Le spot tres intense au centre de
I'image correspond au faisceau pompe. On observe tres clairement ’anneau de diffusion
Rayleigh.

Mesures de seuil et de corrélations

La mesure du seuil d’oscillation paramétrique est présentée sur la figure 3.19. Le
seuil de l'oscillation paramétrique se situe légerement en dessous de 10 mW. Il est
donc dix fois plus faible que dans le cas d'un désaccord nul et trente fois plus faible que
pour un désaccord positif. Cette faible valeur permet de minimiser les effets thermiques
dus au chauffage de I’échantillon par le faisceau pompe. Le processus est en revanche
moins efficace que dans le cas d'un désaccord nul, ceci pouvant s’expliquer par la faible
composante excitonique des polaritons pour un désaccord de -8 meV. Les mesures de
corrélations d’intensités sont présentées sur la figure 3.20. Les corrélations apparaissent
des 10 mW de pompe, c’est-a-dire au seuil. Pour 19 mW de pompe, le bruit norma-
lisé de la différence se situe sous la limite quantique standard, la réduction de bruit
atteignant 6%. Lorsqu’on continue d’augmenter la puissance de pompe, le bruit de la
différence croit et repasse au-dessus de la limite quantique standard. Parallelement, le
bruit de la somme augmente avec la puissance de pompe donc les corrélations aug-
mentent également.

La figure 3.21 représente la meilleure réduction de bruit obtenue dans le systeme. La
réduction de bruit est supérieure a 6% en moyenne. Le désaccord est de -8 meV et
la puissance de pompe est de 30 mW. Le signal et le complémentaire sont tres bien
équilibrés et la puissance optique émise est de 6,6 uWW par mode. Les corrélations sont
relativement faibles (5%) mais néanmoins suffisamment importantes par rapport aux
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F1a. 3.19 — Puissance optique émise en uWW en fonction de la puissance de pompe (mW).
Ronds rouges : signal. Carrés noirs : complémentaire.
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Fi1Gc. 3.20 — Bruit normalisé de la somme et de la différence des intensités du signal et
du complémentaire en fonction de la puissance de pompe (mW). Ronds rouges : bruit
normalisé de la différence. Ronds bleus : bruit normalisé de la somme.

bruits individuels des faisceaux (qui sont a la limite quantique standard) pour obtenir
une réduction de bruit. Les traces ont été acquises sur une durée de 10 secondes avec
un point toutes les 25 ms. Nous avons ensuite moyenné ces traces sur une période de
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Fia. 3.21 — Bruit normalisé de la somme et de la différence des intensités du signal et du

complémentaire en fonction du temps (mW).

Conclusion

En diminuant le désaccord cavité-exciton, les deux branches basses de polaritons
du systeme se trouvent protégées du réservoir excitonique. La luminescence quasi-
résonnante est tres faible et le seuil d’oscillation paramétrique est tres bas ce qui limite
les effets thermiques. Lorsqu’on se trouve suffisamment pres du seuil, on observe une
réduction de bruit sur la différence des intensités de 'ordre de 6%, ce qui constitue la
premiere observation de ce phénomene dans ces systemes. En augmentant la puissance
de pompe, le bruit de la différence passe au-dessus de la limite quantique standard. La
réduction de bruit est donc limitée par des processus de diffusion parasites et par le
chauffage progressif de I’échantillon.
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D Conclusion

Les semi-conducteurs ont été 1’élément clé de la révolution informatique et, de nos
jours, jouent un role central dans les réseaux optiques de communication et d’informa-
tion. Parallelement, 1'optique quantique permet de développer de nouveaux systemes
de cryptographie, de stockage de 'information et de téléportation, préparant ainsi la
future génération de réseaux de communication. La réalisation technologique des possi-
bilités offertes par 'optique quantique passe donc nécessairement par la mise au point
de sources non-classiques de lumiere facilement intégrables et utilisables. Les oscilla-
teurs paramétriques a base de semi-conducteurs sont d’excellents candidats pour le
développement de composants intégrés pour 'information et la communication quan-
tiques. Parmi eux, les microcavités semi-conductrices, dont la grande analogie avec les
oscillateurs paramétriques constitués de cristaux non-linéaires a été soulignée a de tres
nombreuses reprises, ont constitué le champ d’investigation de notre groupe depuis une
dizaine d’années.

Dans ce chapitre nous avons en premier lieu démontré les nouvelles possibilités of-
fertes par I’architecture de la microcavité triple utilisée. Le couplage des cavités donne
naissance a trois nouveaux modes optiques longitudinaux. Cette levée de dégénéres-
cence permet d’utiliser toutes les non-linéarités présentes dans le systeme, qu’elles pro-
viennent du couplage fort entre les modes photoniques et le mode excitonique ou du
couplage faible entre ces modes ou encore des non-linéarités intrinseques du milieu.
En nous fondant sur les expériences et les analyses théoriques menées précédemment
par notre groupe, nous avons généré pour la premiere fois des photons corrélés quan-
tiquement, en utilisant un mélange a quatre ondes dégénéré en fréquence. Le signal et
le complémentaire ont des puissances de quelques uW et sont tres bien équilibrés. La
réduction de bruit obtenue sur la différence des intensités est de 6%.

Cette réduction reste faible au regard de celles permises par les oscillateurs paramé-
triques optiques traditionnels. Néanmoins elle constitue une premiere étape indispen-
sable vers la réalisation de sources de photons jumeaux performantes basées sur les
semi-conducteurs. De nombreuses améliorations sont en effet possibles, notamment la
suppression de la troisieme cavité qui ne joue aucun role dans le processus et n’agit
que comme élément absorbant, créant des pertes et diminuant ainsi la réduction de
bruit. La température constitue un autre facteur limitant. Néanmoins ce systeme offre
la possibilité d’'utiliser des non-linéarités intrinseques du milieu tout en préservant les
dispersions paraboliques offertes par les modes photoniques et donc de travailler a tem-
pérature ambiante. Enfin le systéeme permet en principe de fonctionner par injection
électrique (en faisant par exemple croitre un VECSEL sur la structure) ce qui constitue
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un atout fondamental dans la recherche de composants facilement intégrables.
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Effet Hall optique de spin
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A Introduction

Lorsqu’un courant d’électrons s’établit dans un fil métallique en présence d’un
champ magnétique externe, les forces de Lorentz s’exergant sur les électrons engendrent
une dérive du courant dans la direction perpendiculaire a ce dernier. Il s’ensuit une ac-
cumulation de charges d'un coté du fil, qui donne naissance a une tension “dite de
Hall”, directement proportionnelle a I'intensité du champ magnétique appliqué. Cet ef-
fet, connu sous le nom d’“effet Hall”, fut découvert par Hall en 1879 et est couramment
utilisé aujourd’hui dans de nombreuses applications (mesure de champs magnétiques,
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caractérisation d’échantillons de semi-conducteurs...).

Les électrons possedent, en plus de leur charge, un moment angulaire intrinseque, le
spin, qui est a l'origine de I’émergence d’un nouveau domaine en micro-électronique :
la spintronique. L’existence d’un effet Hall de spin dans les semi-conducteurs fut pro-
posée pour la premiere fois par Dyakonov et Perel” en 1971 [Dyakonov71]. Un courant
électrique dans un semi-conducteur engendre une orientation des spins des électrons
proches de la surface de I’échantillon. Les électrons “spin-up” s’accumulent alors d’un
coté du semi-conducteur et les électrons “spin-down” s’accumulent du coté opposé. Les
auteurs attribuerent cet effet au couplage spin-orbite des électrons. Ce couplage pro-
vient du principe de relativité, qui explique comment un champ électrique apparait
comme un champ magnétique du point de vue d’un électron se déplacant a tres grande
vitesse. L’orientation du champ magnétique vu par ’électron dépend de sa direction
de propagation ce qui implique que les électrons “spin-up” diffusent dans des directions
différentes des électrons “spin-down” lors de collisions avec des impuretés au sein du
semi-conducteur.

L’idée fut redécouverte en 1999 par J.E. Hirsch [Hirsch99] et démontrée expérimen-
talement en 2004 par J. Wunderlich et.al. [Wunderlich05]. Elle a depuis lors connu
un intérét croissant en raison des nombreuses potentialités qu’elle offre dans les do-
maines de la spintronique et de 'information quantique [Kato04]. On peut distinguer
deux processus sous-jacents a l'origine de l’effet Hall de spin. Le premier, dit “extrin-
seque” [Hirsch99], attribue cet effet au renversement du spin des électrons lorsqu’ils sont
diffusés par des impuretés présentes dans le semi-conducteur (voir ci-dessus). L’autre,
dit “intrinseque” [Sinova04], est dit uniquement au couplage spin-orbite des électrons.

En se fondant sur une analogie avec l'effet Hall de spin, A. Kavokin et.al. [Kavokin05a]
suggerent en 2005 l'existence d’un effet Hall optique de spin dans les microcavités
semi-conductrices en régime de couplage fort. Le clivage TE-TM engendre un champ
magnétique fictif dans le plan des couches, autour duquel le spin des polaritons pré-
cesse. La valeur et l'orientation du champ magnétique dépendant du vecteur d’onde
des polaritons, il s’ensuit une séparation dans I’espace réciproque entre les polaritons a
composante de spin positive et ceux a composante de spin négative. Cette séparation
se manifeste également dans I’espace réel : nous avons observé la propagation, sur des
distances supérieures a 100 pum, de courants de polaritons “spin-up” et “spin-down”
dans des directions opposées.

Je présenterai d’abord le modele théorique développé par A. Kavokin et.al. qui décrit
I’effet Hall optique de spin. Je décrirai ensuite les expériences menées pour mettre en
évidence ce processus. Enfin dans un dernier temps, j'analyserai les résultats obtenus
en mettant en évidence la propagation de spins sur des distances macroscopiques.
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B Modele théorique de I'effet Hall optique de spin

B.1 Dynamique de spin de ’exciton

Dans un semi-conducteur massif a gap direct III-V (voir figure 4.1), les électrons
de la bande de conduction ont un moment cinétique orbital nul (électrons s) et donc

un moment cinétique total J. égal a % Les électrons de la bande de valence ont un

moment cinétique orbital égal a 1. Leur moment cinétique total J, peut donc prendre
1
2
générescence entre les états de moment cinétique total J, = % et J, = % La bande

deux valeurs J, = 5 et J, = % L’interaction spin-orbite provoque une levée de dé-
Jy = % a une énergie plus basse que la bande J, = % et est couramment appelée split-off
band. La bande J, = % est divisée en deux sous-bandes qui correspondent aux projec-
tions possibles du moment cinétique total sur 'axe z J? = :I:% et J: = :I:%. Ces deux
sous-branches n’ont pas la méme dispersion et donc pas la méme masse effective. On
appelle donc électrons “lourds” les électrons de la bande de valence dans 'état (J, = %
, J7 = £3) et électrons “légers” les électrons de valence dans I'état (J, = 3, JZ = £1).
Un trou possede le méme moment cinétique total J, que I'électron de valence auquel
il est associé mais une projection J; sur l’axe de quantification z opposée. On parle
donc également de trous “lourds” et de trous “légers”. La regle d’addition des moments
cinétiques, appliquée a l'exciton constitué d’un trou et d’un électron de conduction,
entraine que le moment cinétique total de I’exciton ne peut prendre que deux valeurs
Joge = 1 €t Jope = 2.

Moment cinétique d’un exciton dans un puits quantique : regle de sélection

Dans un puits quantique, I'axe de croissance du puits est un axe z de quantification
“naturel” pour le systeme. La conservation du moment cinétique total du systeme dans
I'interaction exciton-photon impose la condition Je,. = Jpn, = 1. Les états excitoniques
tels que J.,. = 2 sont donc optiquement inactifs (états noirs ou dark states) car ils
ne peuvent étre créés par absorption d’un seul photon, bien qu’ils puissent étre excités
par un processus a deux photons [Maialle93]. Le confinement des électrons dans la
direction z entraine un clivage des bandes de valence “lourdes” et “légeres” d’environ
10 meV. Ce clivage est nettement apparent sur le spectre d’absorption de la figure 4.2\
Ceci nous permet de restreindre notre description de 1'état de spin de 'exciton aux
excitons constitués d’un trou lourd (J, = 2, JZ = £3) et d'un électron de conduction
(J. =3, JZ = £3). Si 'on ne tient pas compte des états noirs (bien qu'ils jouent un
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J=1/2
Bande de Conduction

J,=%3/2
J=3/2
J,=+1/2 /\ Bande de valence

J,=%1/2

J,=%1/2 J=1/2

> k

F1G. 4.1 — Description schématique de la structure de bande d’un semi-conducteur massif
a gap direct

role dans la dynamique de spin des excitons [Maialle93]) , la dynamique de spin des
excitons optiquement actifs peut étre décrite de maniere approchée par celle des deux
états excitoniques (J7 = 3, JZ = —3) et (JZ = =2, JZ = 3). La matrice densité de
ce systeme étant une matrice 2 x 2, elle peut donc étre formellement assimilée a celle
d’un spin %

La conservation de la valeur moyenne de J* pour le systeme photon-exciton entraine
la regle de sélection suivante :

Jh+JZ_ Z

ou Jy, est la valeur moyenne de 'observable de projection suivant I'axe 2z du moment
cinétique du photon. Une onde en incidence normale (k” = 0) polarisée circulaire droite
(Jz, = +1) crée donc un état pur excitonique (J; = 3, JZ = —3) noté o*. De méme
une onde en incidence normale polarisée circulaire gauche (J3, = —1) crée un état

pur excitonique (J? = —% , J? = 1) noté o~. Enfin toute superposition cohérente

2
d’une polarisation circulaire gauche et d’'une polarisation circulaire droite (polarisation
elliptique ou linéaire) en incidence normale crée une superposition cohérente des états
excitoniques o et o~. Les états ot et o~ ont des spins égaux en valeur absolue et de
signes opposés.

Lorsque k| # 0, une onde polarisée circulairement excite une superposition d’états
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Longueur d'onde (nm)

F1G. 4.2 — Spectre d’absorption d’un puits quantique en InGaAs a 4K .

excitoniques 0" et 0~ qui est calculée dans I’annexe de la référence [Cassabois99].

Le modele du pseudospin excitonique

En suivant ’approche développée précédemment, la dynamique de spin des excitons
dans un puits quantique ayant une impulsion transverse k peut se réduire a celle des
deux états o™ (“spin-up”) et o~ (“spin-down”). Il est alors utile d’introduire un vecteur
5_'; (voir figure [4.3)) & trois composantes, appelé “vecteur de pseudospin”, et qui est relié
a la matrice densité du systeme py par la relation usuelle :

o=+ Su. 7 (4.1)

Ny est la population totale de I’état excitonique d’impulsion k et & est le vecteur des

matrices de Pauli exprimées dans la base (o , 07) ou 'opérateur JZ

2. est diagonal.

Les trois composantes du pseudospin Sk sont les valeurs moyennes des opérateurs J7,,

JY.. et JZ... La donnée du vecteur Sy détermine alors de maniere univoque la matrice
densité du systeme.

Le moment cinétique d'un photon est totalement analogue a un spin % et est direc-

tement lié a 1’état de polarisation du photon. On peut donc appliquer de maniere
identique le formalisme du pseudospin au spin photonique. Dans le cas du photon, le
vecteur de pseudospin Flz s'identifie au vecteur de Stokes de I’état de polarisation du
photon. La conservation des valeurs moyennes des opérateurs Jr JY et JZ lors de

exc)Yexc exc -
la recombinaison radiative des excitons implique la relation de conservation Sy = Fk.
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O O

F1a. 4.3 — (a) : vecteur de pseudospin S dans la sphere de Poincaré orienté initialement
selon z (en violet). Le vecteur précesse autour du champ magnétique effectif orienté
selon —y. Le vecteur final est orienté suivant z. (b) : méme processus mais pour un
champ magnétique effectif orienté suivant y. Le vecteur final est orienté suivant —z.

Autrement dit, la connaissance de 1’état de polarisation de la lumiere émise avec un
vecteur d’onde k permet de déterminer totalement le pseudospin excitonique STk) i
est possible de réécrire la matrice densité du systeme en faisant apparaitre de maniere
explicite les trois parametres de Stokes [Born99| définis par :

C2< > 2<JY, > 2< > (42)
pL= Nk Pd = Nk Pe = Nk .

L’introduction des parametres de Stokes s’avere indispensable dans le cadre de la me-
sure expérimentale du pseudospin excitonique, réalisée en analysant 1’état de polarisa-
tion de la lumiere émise. Nous reviendrons sur ce point au paragraphe (C.2. La matrice
densité excitonique s’écrit alors :

Ne [ 1+pe p—ipa

. 4.3
2 lp+ipa 1—pe (4.3)

Px =

La mesure du parametre de Stokes circulaire p. permet donc d’accéder aux populations
des états excitoniques o™ et o~ tandis que les parametres linéaires p; et pg renseignent
sur la cohérence entre ces états.
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Interaction d’échange a longue portée

L’interaction d’échange a longue portée (long-range part of exciton exchange) entre
excitons au sein d’un puits quantique couple les états o et o~ [Maialle93]. Dans
une microcavité, ce couplage est principalement dia a l’éclatement entre les modes
photoniques transverse électrique et transverse magnétique. Ce couplage a pour effet
de faire basculer le spin excitonique. Il se traduit par la présence d'un terme non-
diagonal W) dans le Hamiltonien de spin du systeme qui prend la forme :
B} Wk]

4.4
WTk El: ( )

Hy=Hy+ H) = {
L’énergie de clivage (hQ)y = E, — E,_) des états 0T et o~ peut prendre des valeurs non
nulles si on applique un champ magnétique orienté le long de ’axe z de croissance du
puits. La matrice HY” qui couple les états o et o~ est analogue & un champ magnétique
effectif dans le plan des couches zy. L’expression de H} est donnée par (4.5) :

th 0 6721’9
e =5 { 0 (45)

Q) varie quadratiquement avec k et s’annule pour k = 0 [Kavokin04]. On associe a
O une énergie Apr = h{)y appelée longitudinal-transverse splitting qui varie entre 0
et quelques centaines de peV. Le champ magnétique effectif est représenté sur la fi-
gure 4.4. On repere le vecteur d’onde polaritonique par son angle polaire 6 dans le plan
ky, ky.
L’évolution de la matrice densité est gouvernée par ’équation de Liouville-Von Neu-
mann (4.0) :

% = %[pk, Ho+ H,"] - %Pk + Tilpo (4.6)
Le premier terme décrit I’évolution de la matrice densité sous 'effet de du Hamiltonien
Hy, le second décrit la recombinaison radiative des excitons avec un temps de vie 7.
Le dernier terme correspond au taux (%) d’excitons créés.

B.2 Effet Hall optique de spin

Precession du pseudospin

L’équation (4.6) pour la matrice densité py est formellement équivalente a 1’équation
suivante pour le pseudospin Sk (4.7) :
ﬁ
dSk - Sk So

— = ANSk— — + — 4.7
dt k T+7‘1 (4.7)
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F1G. 4.4 — Champ magnétique dans ’espace réciproque (fleches jaunes). Les fleches bleues
et rouges représentent la composante suivant z du spin polaritonique soumis au champ
magnétique effectif en fonction du vecteur d’onde polaritonique.

ou Qy = [Qrcos(26), Quesin(20), Qo).
La dénomination de “champ magnétique effectif” pour €2y apparait clairement dans (4.7) :
Le premier terme décrit la précession du pseudospin excitonique autour du champ
magnétique effectif créé par le longitudinal-transverse splitting. Le second terme rend
compte du taux de recombinaison radiative des excitons avec un temps caractéristique
7. Enfin le dernier terme correspond au taux de peuplement de ’état d’impulsion k
avec un pseudospin donné 5_’5. Dans notre cas, le peuplement de 1’état d’impulsion k
est assuré par la diffusion Rayleigh résonnante avec un temps caractéristique 7.
L’équation d’évolution du pseudospin doit étre complétée par I’équation d’évolution de
la population totale du mode k (4.8) :

H
aNe 25 N
dt 5] T

(4.8)

La diffusion Rayleigh

La diffusion Rayleigh est I'un des tout premiers phénomenes observés dans les mi-
crocavités semi-conductrices. Il s’agit d’une diffusion élastique et cohérente, ce qui la
distingue de la photoluminescence [Haacke01]. Elle est due au désordre excitonique pré-
sent localement dans I’échantillon. La diffusion Rayleigh redistribue 'excitation initiale
le long d’un cercle dans I’espace réciproque, de rayon égal au module du vecteur d’onde
initial. Expérimentalement, elle se caractérise par l'observation d'un anneau dans le
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champ lointain de ’émission (voir figure 14.5).

La diffusion Rayleigh conserve la polarisation de I’état initial, i.e. le pseudospin [Freixanet99).
Elle joue donc un rgle important dans l’effet Hall optique de spin en peuplant, avec le
méme pseudospin Sy, tous les états excitoniques dont le module du vecteur d’onde est

égal a celui de la pompe.

F1G. 4.5 — Anneau de diffusion Rayleigh observé en champ lointain et résolu en polarisa-
tion (0~ ) pour une excitation linéaire transverse magnétique (excitation de polarisation
linéaire dans le plan d’incidence notée <) résonnante sur la branche basse polaritonique.
L’angle de pompe est de 12° et le désaccord cavité-exciton est de 0.3 meV. La pompe (&
gauche) a été masquée afin d’éviter toute saturation de la CCD. La rétro diffusion (“Back
Scattering”) est nettement visible a droite.

Degré de polarisation circulaire p, en régime permanent

Le systeme linéaire couplé des équations (4.7) et (4.8) conduit en régime permanent

’ . . . . < 2Jli exc > . .
au degré de polarisation circulaire p, = T Pour une excitation transverse
k

magnétique (excitation de polarisation linéaire dans le plan d’incidence notée <) de
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1
vecteur de pseudo spin initial §0> = | 0], le degré de polarisation circulaire p. est donné
0
par :
Q751026
() = ——— 4.9
pelt) = P (1.9
A Q7 fixé, les extrema de p. sont obtenus pour les angles 7, %, %” etQ%T. La valeur
de ces extrema dépend de la valeur prise par la fonction f(€7) = KT (Cette
1+ (Q7)?

fonction est représentée sur la figure (4.6). Le maximum de cette fonction est atteint
lorsque le produit 7 vaut 1. Le degré de polarisation circulaire vaut dans ce cas %

Maximum de p,

0,6
0,5
0,4
0,3
0,2

0,11

0 T T T T |
0 1 2 3 4 5

F1G. 4.6 — Valeur du maximum atteint par p. en fonction du produit Q7. p. est maximal
lorsque ce produit vaut 1.

Expérimentalement, nous avons mesuré une valeur de 2 égale a 0.05 meV et une va-

leur de 7 qui correspond a une largeur de raie du polariton de 0.09 meV. Le produit

expérimental .7 vaut alors 0.55. Le graphe de la figure 4.7 représente la dépendance

de p. en fonction de 6 pour une valeur de 27 égale a 0.55. La valeur du maximum

atteint est alors proche de 0.45. Lorsqu’on change la polarisation de la pompe en une

polarisation transverse électrique (polarisation linéaire perpendiculaire au plan d’inci-
-1

dence notée |) de vecteur de pseudospin initial S_’S = | 0 [, le degré de polarisation
0

circulaire p.(0) est changé en son opposé —p.() (voir figure 4.8)).
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Fia. 4.7 — Dépendance de p. en fonction de 8 pour Q7 égal a 0.55 et une polarisation
de pompe transverse magnétique («).
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0,4

-0,6 -

Fia. 4.8 — Dépendance de p. en fonction de 8 pour Q7 égal a 0.55 et une polarisation
de pompe transverse électrique (). Le signe de p. est opposé a celui de la figure (4.7).

C Observation expérimentale de ’effet Hall optique
de spin

C.1 Mesure du clivage longitudinal-transverse

Afin d’observer l'effet Hall optique de spin dans les microcavités semi-conductrices,
il est au préalable nécessaire de détecter le clivage longitudinal-transverse qui se ma-
nifeste par un clivage des énergies de résonance polaritonique du systeme entre une
excitation transverse magnétique et une excitation transverse électrique. La valeur du
clivage longitudinal-transverse est nulle pour un angle d’incidence nulle et croit avec
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I'angle d’excitation [Kavokin04]. Nous avons donc choisi d’effectuer nos mesures avec
un angle d’incidence de 12°. Cet angle est suffisamment élevé pour permettre la dé-
tection du clivage longitudinal-transverse (quelques dizaines de peV [Panzarini99]), et
n’est pas trop important afin de rester dans la zone de réflexion maximale des miroirs
de Bragg (entre 0° et 20°). En outre il est trés proche de 'angle magique (voir cha-
pitre 2)), ce qui permet de controler que le systéme reste en régime linéaire.

Les mesures de résonance sont effectuées en transmission, successivement pour une exci-
tation continue transverse magnétique (TM) et pour une excitation continue transverse
électrique (TE). La localisation du maximum de transmission pour une énergie de la
pompe fixée se fait en translatant I’échantillon. L’ensemble des mesures (voir figure 4.9)
constitue deux courbes d’anti-croisement, respectivement pour les polarisations trans-
verse magnétique et transverse électrique. Les valeurs du clivage longitudinal-transverse

1490 -

1488 L eae et -
o -
2
g 1486 | L TM
(]
2 1484 TE
& .

i 'y L *
14821 . . s
1480

Désaccord cavité-exciton (meV)

Fi1G. 4.9 — Anti-croisement des énergies des états polaritonique en fonction du désac-
cord cavité-exciton pour une excitation polarisée TM (triangles) et TE (traits). L’angle
d’incidence est 12°. La puissance d’excitation est de 3 mW.

trouvées expérimentalement sont tres faibles. On observe sur la courbe de la figure 4.9
quelques points qui présentent un clivage des résonances TM et TE. Une analyse fine
des résonances TM et TE pour un désaccord cavité-exciton de 0.3 meV a été faite
au spectrometre (résolution 15 peV’) en balayant la longueur d’onde du laser a aide
de la cale piezo-électrique de 1’étalon épais. Elle a permis de mettre en évidence un
clivage longitudinal-transverse de 0.05 meV pour ce désaccord. Cette valeur constitue
la meilleure valeur trouvée pour le clivage longitudinal-transverse a cet angle d’inci-
dence. Dans toute la suite, nous nous placerons dans les conditions expérimentales
suivantes : nous excitons la branche basse polaritonique de maniere résonante dans
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le régime linéaire pour un désaccord cavité exciton de 0.3 meV avec un laser Ti :Sa
continu, stabilisé en intensité et de polarisation TM ou TE.

C.2 Mesure du parametre de polarisation circulaire en champ
lointain

Principe de la mesure du parametre de Stokes circulaire de la lumiere

L’état de polarisation de la lumiere peut étre déterminé en mesurant les trois para-
metres de Stokes définis en (4.2). Il s’agit en effet de projeter le vecteur de Stokes de la
lumiere sur chacun des trois axes de la sphere de Poincaré, i.e. dans chacune des trois
bases linéaire TM-TE («, ]), linéaire £45° (", \\) et circulaire (¢, 7). Chacun des
parametres de Stokes peut alors étre déterminé en effectuant une mesure d’intensité
a l'aide d’une lame demi-onde, d’une lame quart-d’onde, d'un cube polariseur et d'un
photodétecteur. Considérons par exemple une lumiere polarisée circulaire droite (o).
Elle peut étre transformée en une lumiere polarisée linéaire TM («) a l'aide d’une
lame quart d’onde dont les axes sont tournés de 45° par rapport au diedre (<, [) (voir
figure 4.10). Elle est alors totalement transmise par le cube polariseur. De maniére
identique une lumieére polarisée circulaire gauche (0~) peut étre transformée en une
lumiere polarisée linéaire TM a ’aide lame quart d’onde dont les axes sont tournés de
45° par rapport au diedre (<>, ]) et d’une lame demi-onde dont les axes sont également
tournés de 45° par rapport au diedre (<, [) (voir figure 4.10)).

En appliquant les mémes opérations a une lumiere de polarisation quelconque on mesure
ainsi en transmission du cube polariseur les intensités I,+ et I,- respectivement égales

[o s [o s N . s 5N ,

a ;t+ < J;h > et %— < J;h > ou Iy, est l'intensité totale de la lumiere analysée.

Posons : 7 7
h ot T Lo~
-7 7 4.10
O S (4.10)
. L 2<J5 > . , o )
On obtient alors p" = ———— ce qui est cohérent avec la définition donnée en (4.2).

Itot

Procédure expérimentale

Nous nous plagons dans les conditions expérimentales décrites au paragraphe (C.1.
Le schéma expérimental est représenté sur la figure 4.11. La lumiere transmise par la
microcavité est collimatée a ’aide d’une lentille de focale 50 mm.

Pour mesurer le parametre de Stokes circulaire de la lumiere émise dans la diffusion
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Fi1G. 4.10 — Haut : transformation d’une lumiere polarisée circulaire droite en une lumiere
polarisée linéaire TM. L’intensité transmise par le cube polariseur est égale a I,+. Bas :
transformation d’une lumiere polarisée circulaire gauche en une lumiere polarisée linéaire
TM. L’intensité transmise par le cube polariseur est égale a I,-.

Rayleigh, nous utilisons la méthode exposée ci-dessus. Notre photodétecteur est une
caméra CCD (Pixis 1024F, Roper Scientific) 1024 x 1024 pixels de taille 13um refroidie
par Peltier & —70°C' et d’efficacité quantique 33% a 836 nm.

On acquiert successivement deux images correspondant respectivement aux compo-
santes circulaire droite et circulaire gauche de la lumiere transmise par la microcavité
(voir figure [4.12). On effectue ensuite la somme pixel par pixel de ces deux images
a l'aide du logiciel Winview puis la différence. Enfin on divise les deux images ainsi
obtenues ce qui nous permet d’obtenir la répartition spatiale du parametre de Stokes
circulaire de la diffusion Rayleigh. Afin d’éviter tout effet d’anisotropie qui serait sus-
ceptible de modifier I’état de polarisation de la lumiere émise par la microcavité, nous
avons mesuré I’état de polarisation d’un faisceau polarisé linéairement et envoyé a tra-
vers le montage experimental, sans la microcavité, mais avec les vitres du cryostat
et les optiques de détection. Nous n’avons détecté aucun changement de son état de
polarisation, le degré de polarisation circulaire mesuré étant 0 4+ 0.03 ce qui donne la
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Camera CCD du champ lointain
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F1G. 4.11 — Un faisceau polarisé linéairement kj est focalisé sur la microcavité avec un
angle d’incidence de 12°. La lumiere émise par la microcavité est collimatée a ’aide d’une
focale de 50 mm. Elle est ensuite analysée en polarisation et envoyée soit directement vers
une caméra CCD pour effectuer une image en champ lointain, soit, par 'intermédiaire

d’une lentille, vers une autre caméra CCD qui donne une image du champ proche.

précision de notre systeme de détection.

(b)

F1a. 4.12 — (a) : image en champ lointain résolue en polarisation circulaire droite (O)
de la diffusion Rayleigh. (b) : image en champ lointain résolue en polarisation circulaire
gauche (O) de la diffusion Rayleigh. La pompe (& gauche) est masquée afin d’éviter la

saturation de la CCD.
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Résultats en champ lointain

La répartition spatiale du parametre de Stokes circulaire est mesurée pour une
excitation transverse magnétique (figure 4.13.a) puis pour une excitation transverse
électrique (figure 4.13.c). Les résultats sont comparés avec des simulations numériques
réalisées par I’équipe d’A. Kavokin qui prennent en compte le désordre local de I’échan-
tillon sous la forme d’un potentiel bidimensionnel ajouté au Hamiltonien donné dans
I'équation (4.4). La variation du degré de polarisation circulaire mesuré en fonction de
'angle polaire # est en excellent accord avec les simulations numériques (figure [4.13.b
et figure 4.13.d et les courbes des figures 4.7 et 4.8. Dune part le degré de polarisation
circulaire est extrémal aux angles 45°, 135°, 225° et 315° et son signe s’inverse entre
45° et 135° ce qui traduit une séparation dans ’espace réciproque des polaritons ayant
un pseudospin circulaire droit et ceux ayant un pseudospin circulaire gauche. De plus
la valeur maximale mesurée est de 0.48 + 0.03, tres proche de la valeur théorique de
0.45. Comme prévu, p. change de signe lorsque ’'on passe d’une excitation transverse
magnétique a une excitation transverse électrique.
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F1G. 4.13 — (a) : degré de polarisation circulaire p. en champ lointain pour une excitation
transverse magnétique. L’échelle est linéaire. Les région en rouge indiquent des polaritons
de spin “up”; les régions en bleu indiquent des polaritons de spin “down”. (b) : simulation
numérique du degré de polarisation circulaire p. en champ lointain pour une une exci-
tation transverse magnétique. (¢) : méme expérience qu’en (a) mais pour une excitation
transverse électrique. Le signe de p, est inversé par rapport a (a). (d) : méme chose qu’en
(b) mais pour une excitation transverse électrique.

C.3 Transport de spin

Le transport de spin sur des distances macroscopiques reste un enjeu clé de la spin-
tronique. En effet les expériences récentes menées dans les semi-conducteurs se heurtent
aux tres faibles longueurs de cohérence des gaz électroniques (de 'ordre du micron), ce
qui interdit tout transport efficace de spin dans ces milieux [Mishchenko04]. Grace a
leur longueur de cohérence de l'ordre de la centaine de microns [Freixanet00], les pola-
ritons sont donc d’excellents candidats au transport de spin dans les semiconducteurs.
Dans cette partie nous avons étudié 'effet Hall optique de spin en champ proche, et
nous avons mis en évidence la séparation spatiale des polaritons en fonction de leur
spin ainsi que leur propagation sur une distance supérieure a 100 um. Cette expérience
permet de générer des courants de “spin-up” et “spin-down” se propageant dans des
directions opposées, ce qui constitue une étape importante vers la réalisation de dispo-
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sitifs en spintronique.

Le dispositif expérimental d’excitation et de détection résolue en polarisation est ana-
logue a celui de la partie (C.2. Le champ proche est obtenu est réalisant 'image de
I’échantillon en lumiere blanche sur une caméra CCD infrarouge MV IR-50. Pour cela,
on préleve une partie de I’émission collimatée a ’aide d'une lame séparatrice, puis on
utilise une lentille que 'on place de maniere a obtenir une image nette de I’échantillon
sur la CCD. On mesure le grandissement en translatant le bord de 1’échantillon de
part et d’autre de la CCD puis on déplace la CCD de maniere a couper le bord de
I’échantillon de part et d’autre du capteur. Le rapport des distances lues sur les ver-
niers respectifs de I’échantillon et de la CCD donne le grandissement, égal a 5.8 dans
notre expérience.

On mesure a nouveau le parametre de Stokes circulaire de la lumiere par la méthode dé-
crite précédemment (voir [C.2). On excite d’abord avec une polarisation transverse ma-
gnétique (figure 4.14.a) puis avec une polarisation transverse électrique (figure 4.14.b).
Les résultats sont a nouveau comparés aux simulations numériques réalisées par I’équipe
d’A. Kavokin. Les images 4.14la) et 4.14.b) montrent clairement une séparation dans
I’espace réel des polaritons “spin-up” et “spin-down” et leur propagation sur une dis-
tance supérieure a 100 um. On génere ainsi des courants opposés de spins “up” et
“down” sur des distances quasi macroscopiques. Lorsque la polarisation d’excitation est
inversée, les courants de spin s’inversent comme prévu théoriquement.

a b

0.1 mm 0.1 mm

F1a. 4.14 — (a) : degré de polarisation circulaire p. en champ proche pour une excitation
transverse magnétique. L’échelle est linéaire. Les région en rouge indiquent des polaritons
de spin “up”, les régions en bleu indiquent des polaritons de spin “down”. Le disque noir
dans la partie gauche basse correspond au cache de la pompe mis pour éviter la saturation
de la caméra. (b) : simulation numérique du degré de polarisation circulaire p. en champ
proche pour une excitation transverse magnétique.
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D Discussion

Dans ce chapitre, nous avons présenté la premiere démonstration expérimentale de
I’effet Hall optique de spin dans les microcavités semi-conductrices. Nous avons montré
comment 'analyse de la polarisation de la lumiere émise dans la diffusion Rayleigh
permet de remonter aux populations des états excitoniques mis en jeu. Les résultats
expérimentaux sont en excellent accord avec le modele théorique développé par A.
Kavokin et ces collegues. Cet effet, créé par les interactions entre excitons, conduit a
une séparations des polaritons “spin-up” et “spin-down” dans l’espace des impulsions.
Il constitue une analogie remarquable avec l'effet Hall de spin mentionné dans l'in-
troduction. De plus, la séparation des polaritons “spin-up” et “spin-down” a lieu aussi
dans l'espace réel, et les polaritons ayant un spin donné se propagent dans une di-
rection donnée sur des distances supérieures a la centaine de microns engendrant des
courants de spin “up” et “down” opposés. Ces courants peuvent en outre étre renversés
par simple basculement de la polarisation d’excitation transverse magnétique en trans-
verse électrique. Ces résultats ouvrent donc la voie a la réalisation d’éléments optiques
a I’échelle micrométrique tels que des portes optiques, des interrupteurs a polarisation
ou des diodes optiques a spin.
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CHAPITRE 5

Dynamique de spin du mélange a quatre
ondes
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Depuis quelques années, les microcavités semi-conductrices offrent des perspec-
tives inédites dans plusieurs domaines de la physique. Dans les premiers chapitres
de ce manuscrit, nous avons démontré leur potentiel en optique non-linéaire et en op-
tique quantique avec la génération de photons jumeaux dans les microcavités triples.
Nous avons également vu leur intérét en spintronique avec le transport de populations
macroscopiques de polaritons spin "up” et spin "down” sur des distances supérieures
a la centaine de microns. Ces systemes se sont en outre révélés tres précieux dans
I’étude de phénomenes purement quantiques a 1’échelle mésoscopique comme la super-
fluidité [Carusotto04] ou la condensation de Bose-Einstein observée pour la premiére
fois tres récemment [Kasprzak06]. Le controle des propriétés quantiques de l'interac-
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tion exciton-photon dans ces systemes ouvre donc la voie a la réalisation de nouveaux
composants opto-électroniques. Dans ce chapitre nous proposons un nouveau dispositif
fonctionnant comme interrupteur optique ou porte logique optique qui utilise les inter-
férences quantiques dans les microcavités semi-conductrices.

Les interrupteurs optiques utilisent en général des non-linéarités matérielles pour fonc-
tionner. Cependant ce type de non-linéarité est souvent faible et requiert donc de
fortes puissances optiques . En revanche, en exploitant les non-linéarités excitoniques
tres fortes des microcavités semi-conductrices, on peut espérer créer des interrupteurs
optiques possédant des temps de réponses et des intensités seuil compétitifs vis-a-vis
des modeles déja existants. Au chapitre 2, nous avons étudié en détails la configura-
tion du mélange a quatre ondes dégénéré de polaritons : deux faisceaux lasers continus
de méme énergie et de méme polarisation linéaire excitent de maniere résonnante la
branche basse de polaritons avec des vecteurs d’ondes opposés. Ils génerent un signal
et un complémentaire intenses émis le long de la direction perpendiculaire a celles des
pompes. Nous avons démontré expérimentalement que le signal et le complémentaire
sont bien équilibrés et corrélés en intensité. De plus nous avons constaté que la polarisa-
tion du signal et du complémentaire est linéaire et orthogonale a celle des pompes. Dans
ce chapitre, nous étudions I'influence de la polarisation des pompes sur le processus et
nous montrons que le processus est totalement inhibé lorsque les deux pompes ont des
polarisations linéaires croisées, permettant ainsi a la microcavité de fonctionner comme
un interrupteur optique controlé par la polarisation des faisceaux pompes. La présence
de quatre couples de polarisation possibles a I'entrée du dispositif permet également
d’utiliser la microcavité comme une porte optique logique controlée par la polarisation.
Dans un premier temps je présente rapidement le modele théorique développé en col-
laboration avec A. Kavokin et. al. basé sur le formalisme de Gross-Pitaevskii. Le trai-
tement théorique démontre que la distribution dans ’espace réciproque des polaritons
produits par le mélange a quatre ondes résulte d'un phénomene d’interférence quantique
gouverné par la polarisation des pompes. Puis je détaillerai les résultats expérimentaux
obtenus en champ proche et en champ lointain lorsqu’on modifie la polarisation re-
lative des deux pompes. L’accord entre les résultats expérimentaux et les simulations
numériques est excellent. Enfin je discuterai I'influence de ’anisotropie sur le processus
d’interférence quantique.
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A Description théorique

Dans cette partie, nous introduisons le formalisme théorique développé par A. Ka-
vokin et. al. sur notre configuration expérimentale (voir référence [Liew(5]). Ce for-
malisme a été introduit dans le but d’expliquer a la fois la localisation des polaritons
signal et complémentaire sur le diametre perpendiculaire au diametre des pompes, et
leur polarisation linéaire orthogonale a celle des pompes. Il s’appuie sur le formalisme
de Gross-Pitaevskii qui a été introduit pour la premiere fois dans le domaine des micro-
cavités avec I’étude théorique de la superfluidité des gaz de polaritons [Carusotto04].
Ce formalisme est particulierement bien adapté a la description de gaz de bosons en
interaction. Il permet donc de décrire notre systeme dans la limite de densité excito-
nique mentionnée au paragraphe 'A.1l du chapitre introductif.

A.1 Dynamique du systeme

Dans ce formalisme, le systeme est décrit en termes de fonctions d’onde couplées,
respectivement E)(?) pour les excitons et @ (') pour les photons, dont le module carré
correspond & une densité. Le vecteur Z représente le vecteur position sur 1’échantillon.
Chacune des fonctions d’onde est en fait un vecteur a deux composantes complexes

représentant les polarisations linéaires horizontale (notée x) et verticale (notée y) :

o-(im)  F-im) e

En utilisant une approche de type champ moyen [Shelykh06], on montre dans la réfé-
rence [Liew05] que I’évolution des deux fonctions d’ondes est gouvernée par le systeme
d’équations couplées :

G - G V(@) + 93 (@) + (V@0 (@) B ()

- Vi (F@E@) @) - 50 (@) 52)
zhawaax) _ _ZV@ B(7) QE)(?)JF 7 (7,1

+ RE0 -5 B (5.3)
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my et my, correspondent aux masses effectives de 'exciton et du photon (voir cha-
pitre 1). © est la constante de Rabi qui représente la force de couplage exciton-photon.
Vo et Vi sont des constantes qui représentent la force de I'interaction non-linéaire entre
excitons [Shelykh06]. Cette interaction peut étre attractive ou répulsive suivant 1’état
de spin du polariton (singulet ou triplet) [Renucci()?]_.)m et 7, sgnt les temps de vie
respectifs de I’exciton et du photon. Enfin les termes f (7,t) et f, (7, t) représentent
respectivement le terme de pompage optique et un terme de fluctuations. Le terme de
fluctuations est 10* fois plus faible que le terme de pompage. Il est nécessaire pour
initier le processus paramétrique (terme d’émission spontanée). Le terme de pompage
est un vecteur a deux composantes représentant les amplitudes des deux polarisations
linéaires. Il tient compte de la largeur de raie non nulle des polaritons.

Le systeme d’équations( 5.2)) décrit entierement la dynamique du systeme. Nous avons
cependant ignoré un éventuel clivage TE-TM (quasiment nul pour un angle d’excita-
tion de 3°) ainsi que la diffusion Rayleigh élastique qui est un effet linéaire, dominé par
la diffusion paramétrique au-dessus du seuil d’oscillation. Le lecteur peut trouver de
plus amples détails sur les termes de 1’équation [5.2/ en consultant la référence [Liew05]
qui sert de base a cette partie théorique.

En supposant que les deux pompes ont la méme amplitude et sont parfaitement su-
perposées dans 'espace réel, on peut résoudre numériquement ces équations (voir ré-
férence [Liew05]). Nous avons expliqué au chapitre 4/ que la mesure des parametres
de Stokes de la lumiere émise par la microcavité nous renseigne completement sur le
vecteur de pseudospin du systeme. En mesurant le parametre de Stokes circulaire, on
a ainsi directement acces au rapport des populations de polaritons spin "up” et spin
"down” tandis que la mesure du parametre de Stokes linéaire nous renseigne sur la
cohérence entre ces deux populations. En calculant numériquement les composantes
©0.(7) et @, (7') & partir des équations( 5.2) et en faisant une transformée de Fourier
de la distribution spatiale obtenue, on obtient la répartition dans le plan de Fourier des
amplitudes des polarisations linéaires horizontale et verticale. De la on peut en déduire
la répartition dans I'espace réciproque du degré de polarisation linéaire de la lumiere
émise par la microcavité.

A.2 Prédictions théoriques du modele

Les simulations montrent que lorsque les deux pompes ont la méme polarisation
linéaire, le signal et le complémentaire ont la méme polarisation, orthogonale a celle
des pompes. De plus le signal et le complémentaire sont localisés sur le diametre ortho-



B. Résultats expérimentaux 203

gonal a la direction des pompes. En revanche lorsque les pompes ont des polarisations
linéaires croisées, le processus est totalement inhibé. Enfin si les pompes ont des polari-
sations a 45° I'une de 'autre, le processus est toujours présent mais moins efficace que
dans le cas ou les deux pompes ont la méme polarisation linéaire. De plus le diametre
d’oscillation s’écarte dans ce cas légerement du diametre orthogonal a la direction des
pompes.

On voit donc qu’il est possible en théorie de controler I’émission lumineuse de la micro-
cavité avec la polarisation relative des deux pompes. C’est I'idée principale qui gouverne
le fonctionnement de 'interrupteur optique a polarisation.

B Résultats expérimentaux

Dans cette partie nous comparons les résultats expérimentaux en champ proche
et en champ lointain avec les simulations numériques effectuées par T.C.H. Liew en
utilisant le modele théorique présenté ci-dessus. La configuration expérimentale est
identique a celle présentée au chapitre 2. Nous en rappelons succinctement les éléments
essentiels.

B.1 Dispositif expérimental

Le dispositif expérimental est présenté sur la figure [5.1. La branche basse de pola-
ritons est excitée de maniere résonnante par deux faisceaux lasers continus ayant des
vecteurs d’onde opposés. Les deux faisceaux sont superposés sur 1’échantillon avec la
méthode décrite au chapitre 2. Le diametre de chaque spot sur I’échantillon est de 40
pm. La polarisation linéaire de chacun des faisceaux pompe peut étre controlé de ma-
niére indépendante avec une lame demi-onde placée sur le trajet du faisceau. L’angle
d’incidence des faisceaux pompes est de 3°. La lumiere transmise par la microcavité
est collimatée puis analysée en polarisation a 1’aide d'une lame demi-onde et d’un cube
polariseur. Elle est ensuite envoyée soit directement vers une caméra CCD pour effec-
tuer une image en champ lointain, soit, par l'intermédiaire d’une lentille, vers une autre
caméra CCD qui donne une image du champ proche.

Au paragraphe [E.3 du chapitre 2 nous avons étudié en détail les caractéristiques clas-
siques et quantiques du mélange a quatre ondes de polaritons lorsque les pompes ont
un angle d’incidence de 3° et une polarisation linéaire identique. En particulier la fi-
gure 2.27 montre que le seuil du processus est atteint pour une dizaine de mW de
pompe. Dans toute la suite nous utilisons une puissance de pompe de 40 mW, soit
quatre fois plus importante que la puissance de seuil. Dans cette configuration l'inver-
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CCD du champ lointain

CCD du champ proche

Microcavité

Miroir

F1G. 5.1 — Montage expérimental du mélange a quatre ondes. Les deux faisceaux pompes
kp, et —kp sont focalisés en un méme point de I’échantillon. On peut ajuster la polarisation
linéaire du second faisceau pompe avec une lame demi-onde. La lumiere transmise est
collectée par un condenseur, résolue en polarisation puis envoyée vers une caméra CCD
qui permet d’obtenir une image de 1’émission en champ lointain. Une autre caméra CCD
permet de faire 'image du champ proche.

sion de polarisation est supérieure a 99%. La polarisation linéaire du second faisceau de
pompe est le seul parametre variable de I’expérience. On prendra comme direction de
référence pour la polarisation celle du premier faisceau pompe (<) qui reste inchangée
durant toute I'expérience et qui correspond a la direction x de la partie théorique. On
est donc exactement dans les mémes conditions expérimentales que celle décrites au
paragraphe [E.3/ du chapitre 2.

B.2 Polarisation des pompes identique

Dans un premier temps nous étudions la distribution dans le champ proche et le
champ lointain de I’émission lorsque la polarisation linéaire des deux pompes est iden-
tique. La polarisation d’analyse est soit parallele a celle des pompes («+) soit perpendi-
culaire (]). Les mesures ont été effectuées pour des pompes polarisées horizontalement
et verticalement.
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Polarisation d’analyse identique a celle des pompes

La figure 5.2 montre le champ lointain de ’émission pour une polarisation d’analyse
parallele a la polarisation des pompes. La figure (a) représente ce qui est observé ex-
périmentalement et la figure (b) la simulation numérique associée dont les parametres
sont donnés dans la légende de la figure, et correspondent aux parametres expérimen-
taux : les résultats expérimentaux sont en excellent accord avec la simulation. Seules
les pompes transmises sont visibles. On ne voit aucun signe d’un éventuel couple d’os-
cillation.

Pumps Detect

-

F1G. 5.2 — Champ lointain. Les deux faisceaux pompe ont la méme polarisation linéaire
horizontale. La puissance de pompe est de 40 mW ce qui correspond a quatre fois ’'in-
tensité de seuil. (a) : image en champ lointain pour une polarisation d’analyse parallele a
celles des pompes. La caméra CCD est volontairement saturée afin de mettre en évidence
une éventuelle diffusion paramétrique. (b) : modélisation théorique du processus dans le
champ lointain pour une polarisation identique a celle des pompes et avec les parametres
suivants : my, = 0.22 me, my, = 107° me, (me est la masse de Iélectron), = 2.55 meV,
kp=390 mm~!, V5 =1 107 meV mm?, V; = 0.55Vp, 74= 100 ps, 7, = 4.7 ps, |4z, 4|
= 160 meV mm~! (amplitude des champs pompe), I' = 0.2meV, L = 35um, E,=ELp
(kp) + 0.05 meV.

La figure 5.3 montre le champ proche de ’émission pour une polarisation d’analyse
parallele a la polarisation des pompes. La figure (a) représente ce qui est observé expé-
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Fia. 5.3 — Champ proche. Les deux faisceaux pompe ont la méme polarisation linéaire
horizontale. La puissance de pompe est de 40 mW ce qui correspond a quatre fois ’'in-
tensité de seuil. (a) : image en champ proche pour une polarisation d’analyse parallele a
celles des pompes. (b) : modélisation théorique du processus dans le champ proche pour
une polarization identique a celle des pompes et avec des parametres identiques a ceux
donnés dans la 1égende de la figure [5.2.

rimentalement et la figure (b) la simulation numérique associée. Dans les deux cas, on
observe la présence franges au centre de 'image, dues aux effets d’interférences entre
les deux champs pompes co-polarisés.

Polarisation d’analyse orthogonale a celle des pompes

La figure 5.4/ montre le champ lointain de I’émission pour une polarisation d’analyse
orthogonale a la polarisation des pompes. La figure (a) représente ce qui est observé
expérimentalement et la figure (b) la simulation numérique associée. Dans les deux
cas, ’émission se concentre dans deux zones diamétralement opposées le long de la
direction verticale. Au paragraphe [E.3| du chapitre 2, a partir des mémes données
expérimentales, nous avons montré que l'inversion linéaire de polarisation est dans ce
cas supérieure a 99%. Nos observations sont donc en tres bon accord avec les simulations
dérivées du modele théorique. L’émission paramétrique est polarisée linéairement, avec
une polarisation orthogonale a celle des pompes, et se concentre suivant la direction
perpendiculaire a celle des pompes. L’examen de la figure 5.5 montre que, dans le champ
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Fig. 5.4 — Champ lointain. Les deux faisceaux pompe ont la méme polarisation li-
néaire horizontale. La puissance d’excitation est la méme que précédemment. (a) : image
en champ lointain pour une polarisation d’analyse orthogonale a celles des pompes. La
caméra CCD est volontairement saturée afin de mettre en évidence une éventuelle dif-
fusion paramétrique. (b) : modélisation théorique du processus dans le champ lointain
pour une polarization identique a celle des pompes et avec des parametres identiques a
ceux de la figure 5.2.

Pumps Detect

—

Pumps Detect

—

y (mm)
y (mm)

-0.1 0 0.1
X (mm)

(a) (b)

Fia. 5.5 — Champ proche. Les deux faisceaux pompe ont la méme polarisation linéaire
horizontale. La puissance d’excitation est la méme que précédemment. (a) : image en
champ proche pour une polarisation d’analyse orthogonale a celles des pompes. L’intensité
est amplifiée d'un facteur 10 par rapport a la figure 5.3. (b) : modélisation théorique du
processus dans le champ proche pour une polarisation identique a celle des pompes et
avec des parametres identiques a ceux donnés dans la 1légende de la figure [5.2.
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proche de I’émission, les polaritons signal et complémentaire se propagent suivant une
direction perpendiculaire a ’axe des pompes et ont une polarisation orthogonale a celle
des pompes.
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B.3 Polarisations des pompes croisées

Nous étudions a présent la distribution dans le champ proche et le champ lointain
de I’émission lorsque la polarisation linéaire du deuxieme faisceau pompe est orthogo-
nale (]) & celle du faisceau de référence. La polarisation d’analyse est soit parallele a
celle du faisceau de référence («) soit perpendiculaire (]).

La figure 5.6 montre le champ lointain de 1’émission pour une polarisation d’analyse
respectivement parallele (image (c), <) et orthogonale (image (a),]) a la polarisation
du faisceau de référence. Les figures (a) et (c) représentent ce qui est observé expérimen-
talement et les figures (b) et (d) les simulations numériques associées. L’observation du

Pumps Detect

Pumps Detect | Pumps Detect

Fi1c. 5.6 — Champ lointain. Les deux faisceaux pompe ont des polarisations croisées. La puis-
sance d’excitation est la méme que précédemment. (a) : image en champ lointain pour une polari-
sation d’analyse orthogonale a celle du faisceau de référence. La caméra CCD est volontairement
saturée afin de mettre en évidence une éventuelle diffusion paramétrique. (b) : modélisation théo-
rique du processus dans le champ lointain pour une polarization identique a celle des pompes et
avec des parametres identiques a ceux de la figure [5.2L (c) : image en champ lointain pour une
polarisation d’analyse parallele a celle du faisceau de référence. La caméra CCD est volontaire-
ment saturée afin de mettre en évidence une éventuelle diffusion paramétrique. (d) : modélisation
théorique du processus dans le champ lointain pour une polarisation identique a celle des pompes
et avec des parametres identiques a ceux de la figure [5.2.

champ lointain montre que le processus est totalement inhibé lorsque les deux pompes
ont des polarisations croisées. Pour chacune des polarisations d’analyse choisies, on
observe la transmission de la pompe ayant la méme polarisation et ’absence de I'autre
pompe. La polarisation relative des deux pompes est donc le parametre clé qui gou-
verne le systeme. On peut attribuer la valeur 0 a la polarisation < et la valeur 1 a
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la polarisation | en entrée. On peut également attribuer la valeur 0 & I’événement “le
processus paramétrique est absent” et la valeur 1 a 1’événement “le processus paramé-
trique est présent”. On obtient ainsi une porte logique dont la table est la suivante (A
et B désignent les deux faisceaux pompe) :

A/Bo]1
1
1 |01

En informatique, cette table correspond a 'opérateur logique “coincidence” (ou équiva-
lence), souvent noté XNOR, dont la définition est : “La sortie est VRAIE si et seulement
si les deux entrées sont identiques ”. Dans notre cas la sortie est vraie (i.e on détecte
un signal et un complémentaire dans une direction perpendiculaire a celle des pompes
et corrélés en intensité ce qui est facile & mesurer) si et seulement si les polarisations
linéaires des deux pompes sont identiques. Sans entrer dans les détails, cette fonction
logique et son inverse, le “OU Exclusif”, sont tres utilisées en cryptographie, notamment
pour coder ou décoder des messages en utilisant une clé secrete (algorithme de type
RSA).

Les simulations numériques montrent que la durée caractéristique d’établissement de
I'oscillation paramétrique est comprise entre 0.1 ns et 1 ns, ce qui permet d’espérer une
vitesse de traitement des données supérieure & 1 Gbytes/s. L’examen de la figure [5.7
montre que, dans le champ proche de I’émission, les deux populations de polaritons
des modes pompes se propagent dans des directions opposées avec des polarisations
orthogonales.
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Fic. 5.7 — Champ proche. Les deux faisceaux pompe ont des polarisations croisées. La puis-
sance d’excitation est la méme que précédemment. (a) : image en champ proche pour une pola-
risation d’analyse orthogonale & celle du faisceau de référence. (b) : modélisation théorique du
processus dans le champ proche pour une polarization identique a celle des pompes et avec des
parametres identiques & ceux de la figure [5.2.(c) : image en champ proche pour une polarisation
d’analyse paralléle a celle du faisceau de référence. (d) : modélisation théorique du processus

dans le champ proche pour une polarization identique a celle des pompes et avec des parametres
identiques a ceux de la figure [5.2.

B.4 Polarisation du second faisceau pompe a 45°

Nous étudions a présent la distribution dans le champ lointain de I’émission lorsque
la polarisation linéaire du deuxieme faisceau pompe fait un angle de 45° () avec celle
du faisceau de référence. La polarisation d’analyse est soit parallele (<) soit perpendi-
culaire (]) a celle du faisceau de référence. L'observation du champ lointain montre que
le processus est toujours absent lorsque la polarisation d’analyse est parallele a celle du
faisceau de référence. En revanche on observe bien le processus lorsque la polarisation
d’analyse est orthogonale a celle du faisceau de référence. Le processus est en revanche
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moins efficace que dans le cas ou les deux pompes ont la méme polarisation linéaire. De
plus la direction de I'oscillation paramétrique a légerement tourné par rapport au cas ou
les deux pompes ont la méme polarisation, la rotation étant cependant plus importante
pour la simulation. La simulation ne tient en effet pas compte de ’anisotropie locale de
I’échantillon. Nous avons illustré I'importance de I’anisotropie au chapitre 2 en tournant
I’échantillon de 10°. Pour la plus part des désaccords, la direction d’oscillation coincide
avec I'un des axes cristallins. En revanche, pour d’autres désaccords, ’émission se fait
le long d'une direction perpendiculaire a la direction des pompes. Dans ces conditions
le processus d’interférences quantiques prend le dessus sur ’anisotropie du systeme et
impose la direction de 'oscillation paramétrique (voir figure [5.8)).

F1G. 5.8 — Les deux faisceaux pompe sont polarisés horizontalement. L’échantillon a été
tourné de 10° dans le sens horaire autour de ’axe de croissance. La puissance d’excita-
tion est la méme que précédemment. (a) : image en champ lointain pour une polarisation
orthogonale a la polarisation des pompes. La distribution spatiale du signal et du com-
plémentaire est principalement orientée suivant la direction orthogonale a la direction
des pompes, en accord avec le modele théorique. (b) :image en champ lointain pour une
polarisation orthogonale a la polarisation des pompes. La distribution spatiale du signal
et du complémentaire est principalement orientée suivant la direction de 1’axe cristallin.
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C Conclusion

Dans cette partie nous avons étudié expérimentalement et théoriquement I'influence
de la polarisation relative des pompes sur le mélange a quatre ondes de polaritons. Nous
avons montré que lorsque les deux pompes ont la méme polarisation linéaire, le systeme
produit un signal et un complémentaire intenses, avec une polarisation orthogonale a
celle des pompes. La localisation de I’émission se concentre autour de la direction per-
pendiculaire aux pompes. Elle est le long de cette direction lorsque 1’anisotropie locale
est faible et elle suit le désordre cristallin lorsque ce dernier domine le processus d’in-
terférences quantiques. En basculant la polarisation de I'une des pompes (de horizontal
a vertical par exemple) on annihile intégralement le processus. Lorsquune des pola-
risations des pompes est fixée, le systeme se comporte donc comme un interrupteur
optique avec un temps de réponse inférieur a 1 ns, ce qui le rend extrémement com-
pétitif vis-a-vis des composants existants. Il serait utile d’étudier ce systeme dans un
régime picoseconde ou femtoseconde afin d’en caractériser la dynamique. Si I'on joue
sur les polarisations des deux pompes, on crée alors une porte logique de type XNOR
couramment utilisée en cryptographie. Cette configuration est une premiere étape vers
la réalisation de composants optiques tels que les interrupteurs optiques ou les portes
logiques optiques. Le rapide développement de microcavités semi-conductrices a base
de GaN, dans lesquelles le couplage fort peut étre obtenu a température ambiante,
permet d’envisager 1'utilisation de ces futurs composants a température ambiante.
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Conclusion

Lorsque j’ai débuté ma these en septembre 2004, I'objectif principal du groupe qui

étudiait I'optique quantique dans les microcavités semi-conductrices était de produire
des polaritons quantiquement corrélés. Jean-Philippe Karr avait mené une étude théo-
rique sur la configuration a I’angle magique et avait démontré qu’il était possible d’ob-
tenir un signal et un complémentaire quantiquement corrélés dans cette configuration
si le déséquilibre entre les deux modes polaritons n’est pas trop important. Cependant
lorsque nous avons mesuré les intensités lumineuses du signal et du complémentaire
issus de l'oscillation paramétrique a I'angle magique, nous avons trouvé un rapport des
intensités de 'ordre de 40 dB. Cette valeur est trop importante pour espérer mesurer
des corrélations quantiques entre le signal et le complémentaire.
Pour contourner ce probleme, nous avons choisi une configuration plus symétrique :
deux faisceaux lasers de méme énergie excitent de maniere résonnante deux polaritons
ayant des vecteurs d’onde transverse opposés. Ce mélange a quatre ondes de polaritons
est alors dégénéré. Les états finaux ont la méme énergie que 1’énergie des modes de
pompe et des vecteurs d’onde transverse opposés. Ils sont donc localisés sur le cercle de
diffusion élastique et ont la méme composante photonique et la méme largeur de raie.
Avec Marco Romanelli nous avons montré qu’en utilisant des pompes de polarisation
linéaire identique, le signal et le complémentaire oscillent avec une méme polarisation
linéaire orthogonale a celle des pompes. Les corrélations d’intensité entre le signal et
le complémentaire dépassent 99% mais le bruit de la différence des intensités restent
environ 3 fois supérieur a la limite quantique standard. Le chapitre 2 de ce manuscript
reprend l'ensemble de cette démarche expérimentale et inclut une analyse théorique
du mélange a quatre ondes au dessous et au dessus du seuil. Il se termine par 1’étude
expérimentale du bruit d’intensité transverse du signal et conclut sur le caractere multi-
mode spatial de I’émission paramétrique dans cette configuration. Cette analyse permet
d’expliquer I'absence de réduction de bruit sur la différence des intensités, 'exces de
bruit provenant des modes d’ordre supérieurs tres bruyants.

215



216 Chapitre 5. Dynamique de spin du mélange a quatre ondes

Le chapitre 3 présente les résultats qui constituent I’aboutissement de ces efforts. En
excitant une microcavité triple, qui possede une géométrie plus favorable, a I'incidence
normale, nous avons généré, pour la premiere fois, un signal et un complémentaire de
méme énergie et de vecteurs d’ondes opposés, présentant des corrélations quantiques
d’intensité : nous avons obtenu une réduction du bruit de la différence des intensités
de 6%. Ce résultat est une premiere étape vers la réalisation de sources de lumiere
non-classique en variables continues de taille micrométrique. Il s’agit, dans un premier
temps d’améliorer la réduction de bruit, puis, de réussir a injecter électriquement le
dispositif par ’adjonction a la structure d'un VCSEL.

L’étude de la dynamique de spin dans les microcavités, initiée par 'inversion de po-
larisation observée au chapitre 2, m’a conduit a m’intéresser a ’effet Hall optique de
spin. Cette étude a permis de démontrer expérimentalement la séparation dans I'espace
réciproque et dans I'espace réel des polaritons spin “up” et spin “down” et 1’observation
de la propagation de courants de spin sur des distances supérieures a la centaine de
microns. Ce résultat constitue une premiere étape vers la réalisation de dispositifs pour
la spintronique basés sur les microcavités semi-conductrices.

De plus, I'influence de la polarisation des pompes dans le mélange a quatre ondes
n’avait jamais été étudiée auparavant. Nous avons montré que le processus est totale-
ment inhibé lorsque les pompes ont des polarisations linéaires croisées ce qui permet
d’utiliser ce systeme comme une porte logique de type XNOR controlée par la polari-
sation relative des pompes.

Ces résultats ont permis I’émergence de nouvelles collaborations nationales et interna-
tionales et ont ouverts de nouveaux champs d’investigations. L’étude des phénomenes
purement quantiques dans les microcavités semi-conductrices, marginale il y a une di-
zaine d’années, est devenue I'un des enjeux majeurs de ce domaine. L’observation de
la condensation de Bose-Einstein pour les polaritons ouvrent la voie a la réalisation
de jonctions Josephson entre condensats de polaritons. Enfin, les propriétés quantiques
des fluides de polaritons restent un champ d’investigation tres prometteur : ces sys-
temes pourraient servir a tester des phénomenes physiques comme la superfluidité, la
formation de vortex ou l'effet Cherenkov [Carusotto04]. Nous avons, deés a présent, com-
mencé a étudier ces nouveaux domaines en collaboration avec C. Ciuti du Laboratoire
Matériau et Phénomenes Quantiques (Paris VII).



Annexe

A Fluctuations sous le seuil

A.1 Matrice entrée-sortie

Nous avons établi au chapitre [D.3 une relation liant les fluctuations des opérateurs
dpq(w) et 5}5T_q(w) aux fluctuations des champs entrants. On peut de la méme maniere
établir une relation entre les vecteurs 0P et 0 F. Il suffit pour cela de remarquer que :

oph(w) ] —— A o OFf(w —w) )
Lﬁﬁq(w)} = JE) A =D e o) (A-1)
En remarquant que f(—w) = f(w), on obtient :
opl(w) ] " —1+i(w—A) —ige OF) (w —w) ]
{(515_01(@‘))} = /) ( ioe'? —1+i(w+ A) ) (5Fiq(wl +w) (A-2)

On en déduit la matrice S qui relie les fluctuations des champs polaritoniques aux
fluctuations entrantes par la relation 6P = SO F' avec :

ilw+A)—1 0 0 ioe'?
0 —1+i(w—A) —ige 0
S = . A-
0 ioe'? —1+4+i(w+A) 0 (A-3)
—ige 0 0 —1+i(w—A)

S est appelée matrice entrée-sortie du systeme.

A.2 Calcul des termes de Corrg _q

L’expression de Corrq _q fait intervenir trois termes, S(éﬁinéflinTYS S(§Am) (5fli“T>

et S<5Bin53inT>t§ que nous allons explicitement calculer.
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Nous considérons que les fluctuations entrantes du champ électromagnétique sont a la
limite quantique standard. La matrice ((VAlinéflinT) est donc de la forme :

1000
(5 A g 4amty — (0000 (A-4)
0010
0000
Le calcul de la matrice S(dﬁindﬁiﬂ}@ conduit a :
1+ (w+A)?2 0 0 ioe'?(—1 +i(w + A))
fins Ainfytg _ 0 o2 —ice™ (=1 —i(w + A)) 0
S{EARIATS = 0 ioei(—1 +i(w + A)) 1+ (w+ A)?2 0
—ioe T (—1 —i(w + A)) 0 0 a?
(A-5)
De méme, on calcule la matrice S((S%Al(i“)éflinw :
—1+ilw+A) 0 0 0
Apy L as 0 0 —ioe 0
S(6 A5 ARYY — A-6
< ) 0 0 —1+i(w+A) 0 (4-6)
—ige " 0 0 0
et la matrice <5A(in)5Ai“T>t§ :
—1—i(w+A) 0 0 ige'®
oy et 0 0 0 0
SARI§ ANNIS = . A-7
< ) 0 ioe’® —1—i(w+A) 0 (A-T)
0 0 0 0
Enfin, les fluctuations du réservoir excitonique sont de la forme :
14n 0 0 O
LA 0 n 0 0
B0 s pamTy A-8
(0 ) 0 0 14n O (A-8)
0O 0 0 =n

ou n désigne l'exces de bruit [Karr01].
On en déduit que :

S(EBRS BN = S(sAMARTYS 1 ns'S (A-9)
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Calculons S'S :

1+ (w+A)?+ o2 0 0 2i(—1 + iA)oe'
SIS = 0 1+ (w—A2+02 2i(1+iA)oe ™ 0
0 C2i(1 — iA)oe® 14 (w+ A)? + o 0
2i(1 +iA)oe ¥ 0 0 1+ (w—A)*+ 02
(A-10)

Enfin, il reste & calculer le terme det(A + iwl) :

det(A +iwl) = 1+ A? — w? — 2iw — o (A-11)

Il e PR Sl

nuls de Corrg _q :

= =1 4y,yC20”
u €33 * v2|det(A + iwl)|? {1rCeo
+ AnypCeX2i(1+ 0% + (w+ A)*)} (A-12)
1
= = 4,y C2 o
22 cas 72| det(A + iwl)|? {h1Cqo
+ AnynCiX2(1+ 0%+ (w—A)?)} (A-13)
10 :
= Ay, yCLe (=1 +i(w + A
c1.4 v2|det(A + iwl)|? {HaCae™ (=1 +ilw + 4))
+ 8y WCiXa(—1+iA)e”
+ 29,7CL(1 + A — W — 2w — 0°)e'?} (A-14)
Cog = 10 {4%7036_”5(—1 —i(w+ A))

~v2|det(A + iwl)|?
+ 8y MCiXa(—1 —iA)e ™
+ 29,7021+ A — W + 2iw — 0%)e 0} (A-15)

Le calcul de la géméllité fait intervenir la différence ¢4 —ca3 :
10

72| det(A + iwl

+ 16n’ya7bC§X§(—A sin ¢ — cos ¢) } (A-16)

€14 — C23 E {4%705((—1 + A% — w? — 0%)cosp — 2A sin ¢)
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A.3 Dépendance de la réduction de bruit en fonction de la
fréquence et du taux de pompage

Sous les hypotheses formulées dans la partie D.3|, la réduction de bruit sous le seuil
est proportionnelle a la fonction env(w, o) définie par :

(0 —1)2 4+ w?

env(w,o) = e 1o 1) (A-17)
or :
(0 —1)? + w? w+ol+1—20
4?2+ (W2 o2 —1)2 w4 2(02 — Dw? + 4w? + (02 — 1)2
_ w40’ +1—-20
W+ 2(02 + Dw? + (02— 1)2
B w4ot+1-20
T DRI (R P
(Wt ot41)—20
T (W24 (02 +1))2 — 402
_ (w402 +1)—20
(W 402+ 1) —20)((w? + 0%+ 1) + 20)
- 1
w42+ 142
1
S A-18
1 (110) (A-18)
On obtient donc : ”
env(w,o) = (A-19)

w2+ (14 0)?
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