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Un ami : – Alors les polaritons,
ça avance ? ? ?

Moi : – ... ? ! ?
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Introduction

S’il y a bien deux concepts nés en même temps que la physique, dans l’histoire de
l’humanité, ce sont ceux de la lumière et de la matière. Sans remonter aussi loin, on
notera que déjà Descartes concevait le monde comme constitué de substance pensante
(liée à l’esprit), et d’une substance étendue (liée à la matière). Cette conception de
la matière héritée des conceptions scolastiques perdura durant de nombreuses années,
bien que parsemée de débat sur l’existence du vide par exemple ou, sur la nature fon-
damentale de la matière. Gassendi, un atomiste contradicteur de Descartes, est celui à
qui l’on doit la première théorie corpusculaire de la lumière, faisant ainsi le premier, le
rapprochement entre la lumière et la matière. Bien que par la suite, soutenue par New-
ton, cette théorie sera détrônée par la théorie ondulatoire de Huyghens basée sur une
analogie avec les ondes sonores, éloignant, de nouveau, la lumière de la matière. Avec
l’établissement des équations de Maxwell, la conception ondulatoire prédomine. À cette
même époque, les thèses atomistes se voient définitivement acceptées. Au xix

e siècle,
tout oppose donc la lumière et la matière. L’une est faite d’ondes et l’autre d’atomes.
Il faudra attendre 1905, que Einstein se penche sur la lumière, pour que la théorie cor-
pusculaire revienne sur le devant de la scène. Étudiant l’entropie de rayonnement des
corps noirs, il remarque que cette dernière (dans l’approximation des faibles densités),
"varie en fonction du volume selon la même loi que l’entropie d’un gaz parfait ou d’une
solution diluée" 1. Ce rapprochement sera affirmé, ensuite, avec l’établissement de la
dualité onde-particule formalisée par Louis de Broglie en 1924 2. C’est notamment sur
ces bases que la mécanique quantique est formalisée dans les années qui suivent 3.

Dans cette nouvelle mécanique, la lumière comme la matière peuvent avoir des
comportements identiques. Par exemple, les atomes de statistique bosonique, comme
les photons constituant la lumière (des bosons eux aussi) peuvent condenser dans le
même état, donnant lieu à un condensat de Bose-Einstein, état quantique macrosco-
pique de la matière dans lequel les particules ne sont plus discernables. Ceci dit, la
lumière et les photons gardent une spécificité particulière par rapport à la matière : ils
n’intéragissent pas dans le vide. Ils n’intéragissent pas entre eux mais peuvent le faire
avec la matière et même parfois de façon importante voir même de façon non linéaire.
Il faudra attendre 30 ans après l’établissement de la mécanique quantique et surtout
attendre l’invention du laser, pour observer ces effets non linéaires. Lorsqu’un faisceau

1. Einstein, A. (1905) : Über einen die Erzeugung und Verwandlung des Lichtes betreffenden
heuristischen Gesichtspunkt. Annalen der Physik, 322 :132.

2. de Broglie, L. (1923) : Waves and Quanta. Nature, 112 :540.
3. Von Neumann, J. (1955) : Mathematical foundations of quantum mechanics. Princeton Uni-

versity Press.
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Introduction 3

lumineux suffisamment intense traverse un milieu matériel, l’onde électromagnétique
qu’il porte va perturber le milieu traversé. Cette perturbation va en retour modifier
l’onde lumineuse propageante. La lumière, via un milieu matériel, peut intéragir avec
elle-même. On a donc propagation non-linéaire de la lumière. Dans de telles conditions,
la lumière acquiert la propriété qui lui manquait pour se comporter comme la matière.
Cela permet l’observation de phénomènes tels que l’oscillation paramétrique optique
bien connue aujourd’hui.

Mais cette intéraction entre un milieu matériel et un faisceau lumineux qui s’y pro-
page, peut exhiber un comportement bien plus riche encore. Il est possible dans des
systèmes tels que les microcavités semiconductrices, que nous allons étudier dans ce
travail, d’obtenir une intéraction tellement forte que les perturbations causées dans
le matériel par la lumière et la lumière elle-même deviennent indistingables. C’est à
J. J. Hopfield 4 en 1958, que l’on doit cette idée d’intriquer un milieu et la lumière
qui s’y propage. L’état propre d’un tel système est donc à la fois composé de matière
et de lumière. Ces deux états qui ont longtemps semblé si différents sont ainsi réunis
dans un seul et même état appelé polariton. C’est cet état si particulier qui va être
le fil conducteur de cette thèse de doctorat. Au jour d’aujourd’hui, l’avantage de la
lumière est sa grande controlabilité. On peut facilement générer des faisceaux mono-
chromatiques et cohérents. De son côté, la matière a l’avantage de présenter des effets
très riches liés à la physique quantique. Les polaritons permettent de marier ces deux
avantages et d’avoir ainsi un système idéal pour non seulement la génération d’états
non classiques de la lumière, mais aussi pour l’étude d’états quantiques de la matière.

L’histoire des polaritons reste une histoire récente. Bien que découverte expérimen-
talement il y a plus de 30 ans 5, ce n’est que récemment que la physique des polaritons a
véritablement pris de l’ampleur. Jusqu’alors, c’était leur mise en évidence expérimentale
qui monopolisait une partie de la communauté scientifique. Grâce aux progrès continus
dans le contrôle et la fabrication des dispositifs basés sur les semiconducteurs, la phy-
sique des polaritons et surtout celle des polaritons excitoniques, a connu de grandes
avancées. Sortant de son carcan de phénomène exotique, les polaritons excitoniques
sont devenus des particules contrôlables et donc utilisables. Dans le premier chapitre
de ce travail, nous tacherons d’introduire ce que cache le mot polariton. Suite à quoi,
c’est sur les cavités optiques, dispositifs indispensables à l’obtention des polaritons, que
notre attention se portera. Suivra une description des excitons, pseudo-particules pré-
sentes dans les semiconducteurs qui sont de très bons prétendants pour l’observation et
la manipulation des polaritons. Enfin, nous étudierons comment, des photons de cavité
et des excitons de puits quantiques apparaissent les polaritons.

Leur mixité mélangeant les propriétés de la lumière et celle de la matière en ont
très vite fait des candidats idéaux pour l’optique non linéaire ainsi que pour l’optique
quantique. L’oscillation paramétrique optique, tout comme la génération d’états non
classiques de la lumière font partie des applications possibles des polaritons. Tel que
le montrera le second chapitre, cette voie de recherche est toujours aujourd’hui un

4. Hopfield, J. J. (1958) : Theory of the Contribution of Excitons to the Complex Dielectric
Constant of Crystals. Phys. Rev., 112 :1555.

5. Fröhlich, D., E. Mohler, & P. Wiesner (1971) : Observation of Exciton Polariton Disper-
sion in CuCl. Phys. Rev. Lett., 26 :554.
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domaine actif qui recèle bien des interrogations à éclaircir. Apportant ma contribution
personnelle dans ce domaine, nous verrons dans un second chapitre l’utilisation des
polaritons pour la fabrication d’un oscillateur paramétrique optique micrométrique.
Avant de voir en détail les résultats obtenus, nous introduirons brièvement quelques
notions d’optique non linéaire et d’optique quantique afin d’avoir les outils nécessaires à
la compréhension du phénomène étudié. Nous caractériserons notre système puis nous
exposerons les résultats obtenus démontrant l’oscillation paramétrique optique dans
les micropiliers étudiés. Nous terminerons ce second chapitre par une discussion sur
l’étude des corrélations et nous analyserons en quoi elles nous donnent une meilleure
compréhension des effets multimodes présents dans un tel système.

Plus récemment, et dû en grande partie aux continuelles évolutions et améliora-
tions dans la maîtrise des procédés de fabrication et dans notre compréhension de cette
pseudo-particule, les polaritons ont mis le pied dans un autre domaine de la physique
plus inattendu. Dans ce dernier, les polaritons ne sont plus des candidats pour la fabri-
cation de dispositifs, mais ils sont des systèmes permettant l’étude d’états quantiques
macroscopiques de la matière, comme par exemple la condensation de Bose-Einstein
ou encore la superfluidité 6. C’est le troisième et dernier chapitre qui nous permettra
d’étudier comment et en quoi ces phénomènes peuvent être présents dans la matière
condensée, ainsi que les avantages et inconvénients d’un tel système par rapport à
d’autres déjà existants. Nous commencerons par présenter un autre système bien docu-
menté ayant des caractéristiques proches : les atomes ultra froids. Ce qui nous permettra
d’introduire des notions clefs, comme par exemple la superfluidité et la condensation
de Bose-Einstein. Suivra la démonstration de l’application aux polaritons excitoniques
en cavité de concepts aussi fondamentaux que ceux précédemment cités. Pour aller
plus loin, nous nous attarderons sur l’impressionnante similarité entre la physique des
atomes froids et celle des polaritons, qui permettent l’observation de régime turbulent
dans des fluides non classiques. Mais aussi, nous montrerons quelles peuvent être les
différences et avantages de ce système hors équilibre qu’est le nôtre. Nous terminerons
ce dernier chapitre par nous intéresser aux effets de polarisation de spin des polaritons
ou comment générer artificiellement des défauts. Ces résultats ouvrent la voie à une
grande quantité d’expériences fondamentales pour notre compréhension de la physique
quantique.

Ce sont donc bien ces deux aspects qui vont nous intéresser dans ce travail : l’aspect
dispositif pour l’optique non linéaire et l’optique quantique ainsi que l’aspect fluide
quantique. J’espère par ce travail démontrer aux lecteurs l’intérêt et la richesse de la
recherche que j’ai effectué pendant mes trois années de thèse.

6. Leggett A.J. : (2006) Quantum liquids, Oxford graduate texts.
Pitaevskii L., & S. Stringari (2003) : Bose-Einstein Condensation, Oxford science publica-

tions.



Chapitre 1

Polaritons excitoniques en microcavité

semiconductrice

Ce premier chapitre nous servira d’introduction générale à la physique des polari-
tons excitoniques en microcavité semiconductrice. Dans un premier temps nous nous
intéresserons au concept même de polariton (partie A). Puis, nous nous intéresserons
à la partie photonique de notre système : la microcavité semiconductrice (partie B).
Viendra ensuite, l’étude de la partie électrique qui correspondra aux excitons dans les
puits quantiques (partie C). Et enfin, nous verrons comment, couplant cette partie lu-
mière et cette partie matière, on peut faire apparaître, sous certaines conditions, les
polaritons excitoniques en microcavité semiconductrice. Suite à quoi nous conclurons
en détaillant certaines de leurs propriétés ainsi que les approximations dans lesquelles
nous nous placerons (partie D).

Ce chapitre étant un chapitre d’introduction simplifié et non exhaustif à la phy-
sique des polaritons excitoniques, les personnes déjà familières avec cette physique sont
invitées à se reporter directement au chapitre 2 ou 3.
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A Polaritons

Avant de rentrer dans le vif du sujet, une précision d’ordre sémantique peut être
faite. Le choix des noms donnés aux entités traitées comme des particules (comme par
exemple les phonons, magnons, plasmons, rotons, etc.), étant purement arbitraire, il
peut en résulter une certaine confusion. Nous parlerons dans cette thèse de polariton
qui tire son nom du préfixe "polari-" lié à la polarisabilité diélectrique ou magnétique
d’un milieu et du suffixe "-on" utilisé pour désigner une particule. Il existe une autre
quasiparticule appelée polaron, dont le nom est lui aussi composé d’un préfixe se réfé-
rant à la polarisabilité d’un milieu, mais elle désigne un phénomène bien distinct. Ces
dernières apparaissent grâce à l’interaction d’un électron avec la polarisation électrique
qu’il induit dans le milieu de propagation. Phénomène, qui comme nous le verrons
dans ce qui suit, n’a pas grand chose à voir avec nos polaritons qui eux sont liés à la
propagation de photons et non pas d’électrons.

Transition 

dipolaire

E

Photon

Polariton haut

Polariton bas

2ΩR

Figure 1.1 – Schéma énergétique des polaritons. Le niveau rouge correspond à une transition
dipolaire électrique ou magnétique, tandis que le niveau bleu de droite à l’énergie des photons.
Les deux niveaux verts correspondent aux niveaux d’énergie des deux polaritons ainsi formés :

le polariton haut et le polariton bas.

Les polaritons sont des quasiparticules qui apparaissent lorsque une onde électro-
magnétique interagit fortement avec une transition dipolaire électrique ou magnétique.
La dite transition dipolaire est caractérisée par sa faculté à émettre ou à absorber des
photons à une énergie bien définie. Lorsqu’un mode photonique de même énergie inter-
agit avec cette transition, si la dispersion en énergie de la transition ainsi que celle du
mode photonique associé est assez faible, alors on observe une répulsion des niveaux
d’énergie des photons et de celui de la transition, comme schématisé sur la figure 1.1.
Ce phénomène peut se comprendre comme une hybridation entre l’émetteur (la tran-
sition) et la lumière émise (le mode du champ électromagnétique). Les deux modes
résultants peuvent être interprétés en termes de pseudo-particules appelées polaritons.
Deux types de polaritons apparaissent : les polaritons hauts (appelés Upper Polaritons
ou UP) et les polaritons bas (appelés Lower Polaritons ou LP). Comme nous le verrons
pour le cas des polaritons excitoniques, ces deux polaritons sont complémentaires. La



A. Polaritons 7

distance énergétique entre les deux niveaux polaritoniques est appelée l’écartement de
Rabi. Ce dernier dépend, comme son nom l’indique, de la fréquence de Rabi.

Pour comprendre d’où vient cet effet de répulsion des niveaux, revenons rapidement
sur l’interaction entre une transition dipolaire et un mode du champ électromagnétique.
Pour simplifier prenons le cas d’une transition atomique entre deux niveaux, appelés
|1〉 et |2〉, distant d’une énergie E12. Lorsque que l’électron de l’atome passe du niveau
excité |2〉 au fondamental |1〉, il émet un photon d’énergie E12 = ~ω0. Et réciproque-
ment, si un photon est absorbé par un électron de l’atome dans son état fondamental,
alors ce dernier passe dans un état excité d’énergie E1 + ~ω0. Dans l’espace libre un
tel processus est déterminé par le couplage entre le mode du champ (photon d’énergie
~ω0) et la transition atomique.

Intéressons-nous à ce couplage. Soit le Hamiltonien de couplage entre le champ
électromagnétique et l’électron de l’atome, caractérisé par l’opérateur potentiel vecteur
Â et d’impulsion p̂ :

Hdip =
e

m0

p̂.Â

avec −e la charge de l’électron et m0 sa masse. On peut donc définir la constante de
couplage entre un état à un photon avec l’électron dans le niveau fondamental, et l’état
à zéro photon avec l’électron dans son état excité : ~ΩR = DefE0 avec E0 =

√

~ω0/2ǫ0V
l’énergie du champ du vide pour un mode d’énergie ~ω0 et Def le moment dipolaire
effectif de la transition. ǫ0 est la permittivité du vide et V la taille d’un volume arbitraire
de quantification. Lorsque l’on multiplie par N le nombre d’atome (chacun considéré
isolé), on a ΩR(N) =

√
NΩR. C’est en 1937 que I. I. Rabi [1] démontra la présence de ce

phénomène dans les dipôles magnétiques de spin 1/2, soumis à un champ magnétique.
Plaçons maintenant l’atome dans une cavité à résonance avec la transition. Cela

permet entre autre de sélectionner un seul mode du champ électromagnétique (pour
plus de détail sur les cavités optiques, voir la partie B). Cela se traduit par une aug-
mentation de la constante de couplage d’un facteur Qλ3/V avec Q le facteur de qualité
de la cavité, λ la longueur de la cavité et V le volume de la cavité. Cette augmentation
du couplage est aussi appelée effet Purcell [2]. Synthétiquement on force notre émetteur
à n’émettre que dans un seul mode, ce qui a pour effet de "renforcer" ce couplage. Ce
régime est appelé régime de couplage faible (voir figure 1.2). Lorsque le couplage
devient plus important que les pertes du système, alors la modification apportée par
ce couplage champ-matière ne peut plus être traitée en termes d’effet Purcell. L’hy-
bridation entre l’émetteur et la lumière est dans ce cas si important que malgré les
pertes, il y a levé de la dégénérescence entre la transition et le mode du champ. Un
photon émis par une transition pourra interagir à nouveau avec cette transition, d’où
la présence d’un phénomène d’hybridation lumière-matière. Ce régime de couplage
fort est caractérisé par une fréquence de Rabi plus importante que les pertes associées
au système (figure 1.2) : γ < ΩR < ω0. Ce couplage est décrite par ce Hamiltonien de
couplage suivant :

Hcoupl =
∑

k

~ΩR(â
†
kb̂k + âkb̂

†
k)

Avec respectivement â(†) et b̂(†) les opérateurs bosoniques de création (annihilation)
d’un photon et d’une excitation dipolaire, associée à un vecteur d’onde k. On peut
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distinguer un autre cas encore. Lorsque ω0 6 ΩR, on a un régime dit couplage ultra-
fort [3]. Il donne lieu à de riches et nouveaux effets physiques [4].

Couplage

fort

Couplage

ultrafort

Couplage

faible

γ

ΩR

0

Figure 1.2 – Différents régimes de couplage en fonction de la fréquence de Rabi du vide ΩR.
On a un régime de couplage faible pour ΩR < γ les pertes ; un régime de couplage fort pour
γ < ΩR < ω0 la fréquence de la transition et un régime de couplage ultra-fort pour ω0 6 ΩR.

La nature du régime dans lequel le système est choisi, dépend de la fréquence de
Rabi du vide associée. Cette dernière peut être modulée d’un système à l’autre, via es-
sentiellement Q le facteur de qualité de la cavité et N la densité de transition dipolaire
(qui peut correspondre à une densité atomique, excitonique ou encore électronique) et
même dans certains cas modulée à même le système [5, 6]. Pour notre part, nous tra-
vaillerons toujours dans le régime de couplage fort avec des fréquences de Rabi du vide
typiquement de l’ordre de 10−2 eV, des transitions de l’ordre 1 eV et enfin des pertes
de l’ordre 10−4 eV. Pour finir, faisons une analogie avec un système mécanique. Soient
deux pendules couplés par un ressort d’une certaine raideur. Si cette raideur est nulle,
alors les deux pendules oscillent indépendamment l’un de l’autre. Si la raideur est non
nulle alors leurs oscillations sont perturbées par le ressort, ce qui correspond au régime
de couplage faible. Maintenant, si la raideur est importante alors les deux pendules ne
pourrons osciller que conjointement, c’est l’équivalent du régime de couplage fort. Les
fréquences d’oscillations possibles dépendent de la masse de chaque pendule et peuvent
être soit en phase soit déphasés l’un par rapport à l’autre. Ces deux modes d’oscillation
sont assez analogues aux polaritons. Pour les polaritons, c’est la transition dipolaire et
la lumière qui jouent le rôle des oscillateurs.

Pour le moment n’allons pas plus loin dans la description des polaritons. Par souci
de compréhension, cette description sera faite dans le cadre particulier des polaritons
excitoniques. Avant cela, revenons sur les cavités optiques qui sont un élément essentiel
pour créer des polaritons.

B Microcavités semiconductrices

Dans cette partie, nous nous intéresserons aux microcavités semiconductrices. Comme
nous venons de le voir, la cavité optique est un système nécessaire pour la création de
polaritons. Dans un premier temps (partie B.1), nous traiterons du cas général de la
cavité optique autrement appelée cavité Fabry-Perot. Puis, nous focaliserons notre at-
tention sur les microcavités semiconductrices en particulier (partie B.2). Enfin, nous
nous intéresserons au couplage d’une cavité avec son environnement (partie B.3).
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B.1 Cavités optiques

Dans la partie précédente, nous avons parlé de mettre un système possédant une
transition dipolaire dans une cavité. La cavité a pour objectif de sélectionner un mode
du champ électromagnétique. Comme nous l’avons vu, cela permet d’augmenter le
couplage entre la transition et le champ. Une cavité correspond à un résonateur optique,
aussi appelée cavité Fabry-Pérot, qui tire son nom de C. Fabry et A. Perot, qui ont pour
la première fois utilisé ce dispositif comme un interféromètre pour étudier l’atmosphère
en 1913 [7].

Ce dispositif est assez simple. Il consiste en deux miroirs face à face, dans le cas d’une
cavité planaire. En fonction de la distance entre ces deux miroirs, on peut sélectionner la
longueur d’onde souhaitée. Chaque miroir est caractérisé par un coefficient de réflexion
et de transmission. Le dispositif complet (les deux miroirs espacés), comme représenté
sur la figure 1.3, a un coefficient de transmission et de réflexion très dépendant de la
fréquence. Certaines énergies bien quantifiées du champ peuvent traverser la cavité,
alors que pour d’autres, la cavité est totalement opaque. On peut montrer que pλc =
2ncL avec λc, nc et L respectivement la longueur d’onde pour laquelle la cavité est
transparente, l’indice optique de la cavité et la largeur de la cavité et où p est un entier
naturel positif (voir figure 1.3). À chaque p correspond un mode propre du champ de
cavité.

Plus généralement, dans un milieu d’indice optique nc, la relation qui lie l’énergie
du champ ~ωc avec son vecteur d’onde k est la suivante :

Ec(k) =
~c

nc

|k| = ~c

nc

√

k2
x + k2

y + k2
z (1.1)

avec c la vitesse de la lumière. La dispersion associée est représentée figure 1.3. Si
maintenant on étudie le cas d’une cavité planaire, la relation reste correcte. Seulement
kz, si z est la direction normale aux plans des miroirs, est quantifié.

kz = |k| cos (θ) = π

ncL
p (1.2)

où θ est l’angle d’incidente de la lumière (angle entre la normale aux miroirs Oz et le
faisceau incident). Quant aux autres directions de l’espace, celles dans le plan, aucune
contrainte ne s’applique sur elles. Si on prend la direction Ox colinéaire à la composante
dans le plan du vecteur d’onde du faisceau incident, on a la relation suivante : k‖ =

(kx, ky)
T = (|k| sin(θ), 0)T . On voit donc qu’il y a une relation directe entre l’angle

d’incidence d’un faisceau sur la cavité et le vecteur d’onde dans le plan. Sur la figure 1.3,
on peut voir le profil de la dispersion dans un tel cas (2D) pour p = 1.

Dans le cas de k‖ ≪ kz, ce qui sera notre cas tout au long de ce manuscrit, on peut
faire l’approximation dite parabolique suivante (en pointillés sur la figure 1.3) :

~ωc(k‖) ≃
~ckz
nc

+
~
2k2

‖
2mc

(1.3)

Avec mc = nckz/~c la masse associée aux photons de cavité. Pour se donner un ordre
d’idée, dans les cavités employées, nous avons mc ≃ 5.10−7me avec me la masse d’un
électron.
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Figure 1.3 – Dans la partie supérieure, est schématisé une cavité optique. Les deux rec-
tangles violets représentent les miroirs. Les flèches noires montrent le faisceau incident II , le
faisceau réfléchie IR et le faisceau transmis IT . Quant aux traits rouges à l’intérieur de la ca-
vité, ils symbolisent les 2 premiers modes propres du champs de cavité. Le graphique inférieur,
indique en bleu la dispersion en énergie du mode fondamental (p = 1) d’une cavité planaire
de largeur L = 100 nm en fonction du moment dans le plan. Par comparaison, est tracée en
noir la dispersion en énergie pour un champ non confiné (3D). La ligne pointillée indique la

dispersion dans l’approximation parabolique (ncav = 3.8).
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Dans ce travail, nous souhaitons travailler à des longueurs d’onde telles que λ ≃
800 nm, pour correspondre au mieux aux expériences réalisées. Ce qui implique que
L doit être égale à la moitié de la longueur d’onde soit, à une longueur inférieure au
micron, d’où leur nom de microcavité.

B.2 Microcavités semiconductrices

Figure 1.4 – À gauche, un exemple de spectre obtenu pour la réflexivité d’un miroir de
Bragg en GaAs (extraite de la référence [8]) et à droite, un exemple de celui d’une microcavité

vide (extraite de la référence [9]).

Les microcavités semiconductrices ont pour spécificité en plus de leur taille réduite,
la nature des miroirs employés. Les miroirs métalliques typiques ne peuvent pas être
utilisés ici car, aux longueurs d’onde souhaitées, leur réflectivité n’est pas suffisante.
On utilise des miroirs appelés miroir de Bragg du nom de leur inventeur William
Lawrence Bragg. Grâce à eux, on peut atteindre, avec des dimensions micrométriques,
une réflectivité supérieure à 99% (figure 1.4 de gauche). De plus, cette réflectivité est
plus contrôlable que dans le cas de réflecteur métallique.

Ces miroirs consistent en une alternance de milieux d’indices diélectriques différents
et d’épaisseurs le quart de la longueur d’onde que l’on souhaite réfléchir. Un faisceau
lumineux frappant la surface de l’échantillon sous incidence normale, subit à chaque
interface des réflexions qui interfèrent entre elles, de façon destructive. Il en résulte
une réflectivité très importante qui ne sera limitée que par la rugosité aux interfaces,
ainsi que par le nombre d’alternance. Bien entendu, la réflectivité d’un tel miroir est
fortement dépendante de la longueur d’onde. Dans les cas qui nous intéressent, la stop-
band est de l’ordre de 200 nm (figure 1.4 de gauche) et dépend de la différence d’indice
optique entre les deux milieux constitutifs.

Pour créer la cavité Fabry-Perot souhaitée, il nous faut disposer de deux miroirs de
Bragg séparés d’une distance Lc. Le champ à l’intérieur de la cavité n’est pas confiné
exclusivement entre les deux miroirs. Il pénètre dans les miroirs de Bragg. La longueur
effective de notre cavité sera donc L = Lc+LDBR avec LDBR la longueur de pénétration
dans le miroir de Bragg [10]. Il faut donc penser un tel système dans son ensemble.
La clef est la longueur d’onde avec laquelle on souhaite travailler. D’elle, découlera
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l’épaisseur des couches des miroirs de Bragg et la largeur de la cavité Lc. Lorsque la
longueur d’onde de la cavité coïncide avec la bande d’arrêt des miroirs, on obtient une
réflectivité comme montrée sur la figure 1.4 de droite, typique de ce type de résonateur.
Au centre de la stop-band, on a un pic très étroit où la réflectivité est faible. Ce pic
correspond au premier mode du champ de la cavité. La largeur de ce pic, appelée
élargissement de photon de cavité, est reliée au temps de vie dans la cavité de ces
derniers : τC = ~/γC , avec τ temps de vie est γC la largeur de raie des photons.
Typiquement, la largeur de raie des cavités de GaAs utilisées ou simulées est de l’ordre
de 0.1meV, ce qui donne un temps de vie des photons dans la cavité d’environ 5 ps.
Comme nous le verrons par la suite, ce temps de vie extrêmement court ne sera pas sans
incidence sur la physique des polaritons. Une dernière quantité communément utilisée
dans la physique en cavité, et dont nous avons déjà parlé dans la première partie, est
le facteur de qualité de la cavité Q = ωC/γC , avec ωC la fréquence propre de la cavité
(de l’ordre de 10000 pour ce qui nous concerne).

Bien entendu, d’autres géométries de cavité peuvent être imaginées et fabriquées.
Nous reviendrons dans le chapitre 2 sur d’autres dimensionnalités ainsi que leurs inté-
rêts.

B.3 Couplage à l’environnement

Dans le formalisme Hamiltonien de la seconde quantification, qui sera le formalisme
utilisé dans ce manuscrit, l’énergie cinétique du champ électromagnétique de cavité est
décrit par le Hamiltonien suivant [11] :

HC =
∑

k

~ωC(k)

(

â†kâk +
1

2

)

(1.4)

où k est le vecteur d’onde dans le plan (k‖) ; ωC la dispersion des photons de cavité
précédemment décrite à l’équation (1.1). â†k et âk correspondent respectivement à l’opé-
rateur annihilation et à l’opérateur création d’un photon de cavité suivant les règles
de commutation bosonique : [âk, â

†
k′ ] = δk,k′ . Notons que par la suite le terme 1/2 sera

négligé pour la simple raison qu’il est constant et que l’origine des énergies peut être
choisie arbitrairement. Les photons de cavité sont donc des bosons bidimensionnels
sans interaction.

L’introduction d’un champ électromagnétique dans la cavité s’accompagne de pertes
radiatives par le même canal. Ceci correspond à un couplage entre les excitations
de cavité et le champ électromagnétique extérieur, indispensable à l’observation de
la dynamique intracavité. Mais il existe d’autres types de pertes, qui peuvent être
radiative ou non, mais qui ne permettent pas l’observation de la dynamique interne à
la cavité. Un d’entre eux, par exemple, correspond à un couplage entre le champ et
les modes dits "guidés". Pour un angle d’incidence important, on a réflexion totale à
l’intérieur de la cavité [12]. Ce processus n’est pas sans intérêt, loin de là, on citera par
exemple les fibres optiques, qui sont basées sur ce phénomène. Mais dans notre cas,
ces modes à grand k‖, ont un gros inconvénient par rapport aux modes non-guidés. Ils
sont compliqués à extraire, donc à observer. Dans la suite du manuscrit, étant donné
que nous travaillerons avec des k‖ petits, nous négligerons ces types de pertes.



C. Excitons de puits quantiques 13

Intéressons-nous plus en détail aux pertes radiatives. Comme nous l’avons dit, une
cavité est caractérisée par, entre autre sa largeur de raie γC . Le mode interne à la cavité
est couplé à l’extérieur considéré comme un continuum des modes du champ [13]. Le
Hamiltonien de couplage peut s’écrire :

HC−ext =

∫

dω

(

∑

k

~Γ[ω]â†k,ωα̂ω,k + h.c.

)

(1.5)

avec, α̂ω,k, l’opérateur de destruction d’un photon de vecteur d’onde k et d’énergie ~ω,
à l’extérieur de la cavité. Γ[ω] correspond au couplage entre le champ intérieur et l’ex-
térieur, et varie lentement avec ω. Cette méthode de traitement est dite approximation
du quasi-mode [13].
On peut écrire l’équation Heisenberg régissant la dynamique du mode âk :

i~
dâk,ω
dt

= ~ωC(k)âk,ω +

∫

dω~Γ[ω]α̂ω,k(t) (1.6)

En faisant de même avec α̂ω,k on obtient une équation résolvable. En réinjectant ce
résultat dans (1.6), on obtient :

dâk,ω
dt

= −iωC(k)âk,ω − γC
2

− iF̂C
k (t) (1.7)

Avec ~γC = 2π
~
Γ2 la largeur de raie et

F̂C
k (t) =

∫

dω~Γ[ω]α̂ω,k(t)e
−iωt (1.8)

la force de Langevin associée au champ extérieur qui agit sur le mode de cavité associé
à l’opérateur âk.

Nous voilà donc en possession de notre champ électromagnétique confiné avec une
largeur de raie très étroite. Cela nous permet d’espérer avoir un bon couplage avec
une transition dipolaire. Reste maintenant à disposer de cette transition dipolaire.
Parmi la variété des systèmes donnant lieu à une telle transition, dans cette thèse,
nous considérerons les excitons de puits quantiques.

C Excitons de puits quantiques

Ici, nous tacherons dans un premier temps d’introduire les excitons (partie C.1).
Nous verrons comment ces pseudo-particules apparaissent dans un semiconducteur
massif. Puis, nous verrons l’effet d’un confinement quantique sur ces pseudo-particules
(partie C.2). Enfin, nous nous intéresserons à certaines de leurs propriétés et en par-
ticulier à leurs interactions (partie C.3).

Le choix des excitons peut être qualifié d’historique au vu du travail publié par
J. J. Hopfield [14] en 1958. Il fit la prédiction théorique de l’existence des polaritons
dans un cristal semiconducteur massif présentant une transition excitonique. Comme
nous allons le voir, les excitons sont des pseudo-particules. Issus historiquement de
la physique des semiconducteurs [15], d’autres types d’excitons ont depuis été mis en
évidence dans d’autres milieux, comme par exemple les solides organiques [16].
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C.1 Physique des semiconducteurs et excitons

Energie

EnergieEnergie

Exciton

BC

BV

BV

k
!ν

= e−

= h+

Représentation symbolique d’un 
exciton dans un cristal

Figure 1.5 – Schéma de la dispersion, en fonction de moment d’un semiconducteur à gap
direct, avec en pointillés rouges le niveau excitonique. On peut voir, sur la gauche, le processus
d’absorption d’un photon d’énergie hν donnant lieu à la promotion d’un électron e− dans
la bande de conduction et à la création d’un trou h+ dans la bande de valence. À droite,
est schématisé dans l’espace réel, l’appareillement de l’électron et du trou donnant lieu à un
exciton. En pointillés sont représentées les trajectoires respectives du trou et de l’électron dans

un cristal, schématisé par les cercles gris.

Les semiconducteurs sont des matériaux isolants à température nulle et métalliques
à plus haute température (en l’absence de dopage). Le niveau de Fermi d’un tel ma-
tériau se situe dans un gap d’énergie, autrement appelé bande interdite, comme repré-
senté sur la figure 1.5. Encadrant ce gap, nous avons en-dessous du niveau de Fermi, la
bande de valence (BV) qui est remplie d’électrons et au-dessus la bande de conduction
(BC) vide à température nulle. À l’aide d’un photon d’énergie égale ou supérieure à
l’énergie du gap, on peut faire passer un électron dans la bande de conduction. La ré-
sistivité d’un tel matériau étant fortement liée à la densité d’électron dans la bande de
conduction, il va de soit qu’un tel processus change drastiquement les propriétés élec-
troniques du semiconducteur. C’est d’ailleurs le processus inverse qui est couramment
utilisé dans des dispositifs tels que les LEDs, ou encore les lasers à semiconducteur. Ce
processus d’excitation a pour résultat de laisser une place vacante dans la bande de
valence, appelée trou et notée h+, de charge positive. Si on fait l’approximation d’un
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semiconducteur à bande parabolique, en prenant l’origine des énergies au sommet de
la bande de valence, alors, l’énergie de la bande de valence s’écrit Ev = −~

2k2/2mh et
pour la bande de conduction Ec = Eg + ~k2/2me avec Eg l’énergie du gap et mh et
me respectivement la masse des trous et celle des électrons. L’électron passé dans la
bande de conduction, noté e−, étant de charge négative, une attraction coulombienne
va apparaître entre ces deux particules. Cela a pour effet de diminuer l’énergie de la
paire électron-trou. C’est là qu’apparaissent les excitons. Pour voir un développement
complet sur la théorie des excitons, je vous renvoie au chapitre 1 de la référence [17]. La
paire électron-trou peut être traitée formellement comme une pseudo-particule appelée
exciton, qui a pour coordonnées relatives r = re−rh, un centre de masse de coordonnée
R = (mere + mhrh)/M , où M = me + mh la masse de l’exciton. À noter que cette
pseudo-particule est composée de deux particules chargées mais elle a, quant à elle,
une charge totale nulle. L’énergie de cet exciton peut être écrite comme suit :

EX(k, n) = Eg − Eb(n) +
~k2

2M
(1.9)

avec ici l’énergie qui dépend du vecteur d’onde du centre de masse k et de la densité
électronique n. Eb(n) correspond à l’énergie de liaison et naît de l’interaction coulom-
bienne électron-trou.

Eb(n) =
~

2µa∗2B n2
=

R∗
y

n2
(1.10)

où µ = memh/(me + mh), la masse réduite de l’exciton et aB = ~ǫ/e2µ, son rayon
de Bohr (d’environ de 100 Å dans le GaAs) avec ǫ est la constante diélectrique du
milieu. Le spectre d’absorption correspondant à un tel matériau est schématisé sur la
figure 1.7. Les excitons se traduisent par un pic, à une énergie inférieure à celle de la
transition électron-trou.

Une analogie couramment utilisée pour schématiser les excitons est l’atome d’hydro-
gène et son orbite 1s. Le trou jouerait le rôle du proton (de par sa masse importante),
comme représenté sur la droite de image 1.5. L’analogie est poussée généralement jus-
qu’à parler, en plus du rayon de Bohr a∗B, d’énergie de Rydberg des excitons R∗

y pour
quantifier l’énergie de liaison (équation 1.10). Pour le GaAs, on a R∗

y ∼ 4.5 meV.
Les excitons peuvent être considérés comme des particules [18], alors, on peut leur

associer un opérateur de création et un d’annihilation, respectivement b̂k et b̂†k. Le
Hamiltonien associé s’écrira :

HX =
∑

k

~ωX(k)b̂
†
kb̂k (1.11)

Il peut être montré que l’exciton dans l’approximation de faible densité électronique
est un boson [17, 19, 20] (faible devant a−3

B ). Ce qui peut se comprendre en termes de
distance inter-exciton plus importante que son rayon de Bohr. Ici, nous ne traiterons
pas de l’écart à la bosonisité des excitons, car les régimes dans lesquels nous travaillons
sont de densité trop faible pour espérer expérimenter cet écart.

Les excitons ne sont pas les seules particules composites qui existent dans les se-
miconducteurs. Biexcitons (2h+ + 2e−), trions (h+ + 2e−), sont autant de pseudo-
particules qui peuvent être mises en évidence dans ces systèmes. Cela dit, étant des
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appareillements d’ordre supérieur, leur stabilité ainsi que leurs effets seront considérés
négligeables.

Voilà donc notre transition dipolaire qui donne lieu au processus suivant : absorp-
tion d’un photon → création d’un exciton ; destruction d’un exciton → émission d’un
photon. Il nous reste un souci. Les excitons de bulk, dont on parle ici, lorsqu’ils se dé-
truisent, émettent des photons dans toutes les directions de l’espace. Pour obtenir nos
polaritons, il nous faut coupler le plus efficacement possible les photons ainsi émis aux
excitons. De plus, au vu des dimensionnalités de notre cavité (micrométrique), il nous
faut nous intéresser aux excitons lorsque le système considéré est un puits quantique.

C.2 Puits quantiques et excitons

Oz

E Eg

BV

BC

L

Fig. 1.6 – Énergie en fonction de la
direction de croissance Oz d’un puits
quantique de largeur L pour une vec-
teur d’onde k = 0 avec la bande de
conduction (BC) et la bande de va-
lence (BV). En pointillé sont indi-
qués deux niveaux confinés et un non

confiné dans le puits.

De manière générale, en mécanique quantique,
ce qui est appelé puits quantique est une zone de
l’espace où une particule donnée subit un mini-
mum de potentiel. Le principal effet d’un tel puits
est, s’il est assez profond en énergie, de donner
naissance à une discrétisation des niveaux d’éner-
gie de cette particule. Cela dit, le terme "puits
quantique" désigne aussi plus spécifiquement un
type d’hétérostructure semiconductrice, dans la-
quelle les électrons de la bande de conduction et
les trous de la bande de valence "subissent" ce
puits de potentiel. Cette structure est composée
d’une couche du milieu semiconducteur qui nous
intéresse, entourée par un semiconducteur de gap
plus grand, comme représenté figure 1.6. Il y a
donc discontinuité dans la direction de croissance,
de l’énergie. Il en résulte, comme schématisé fi-
gure 1.6, une discrétisation de certains niveaux.
L’énergie de confinement des niveaux quantifiés
des trous comme des électrons dépend directement
de la largeur L du puits et dans le cas d’un puits
de potentiel infini, on peut écrire :

Ee/h
p = p2

~
2π2

2me/hL2
(1.12)

avec me/h la masse des électrons/trous et p le nombre quantique associé aux niveaux
confinés. Dans la suite de ce travail, seul les excitons associés au niveau p = 1 seront
considérés parce que les suivants sont éloignés en énergie de 4R∗

y ∼ 20 meV. Un effet
direct de ce confinement est d’augmenter l’énergie du gap effectif : Eef

g = Eg+Ee
1+Eh

1 .
Par conséquent, cela va aussi modifier l’énergie des excitons qui sont sensibles au gap
effectif.

Le schéma 1.7 montre l’effet de la dimentionnalité d’un semiconducteur sur son
absorption. On peut y voir comment cette réduction modifie le profil d’absorption des
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photons en racine carrée pour le bulk, en marches d’escalier pour le 2D (plan), en pics
décroissants en racine carrée pour le 1D (fil), et enfin en delta de Dirac pour le 0D
(boîte).

Energie

A
b
so
rp
ti
o
n Exciton

3D
2D
1D
0D

Figure 1.7 – Absorption en fonction de l’énergie d’un semiconducteur "bulk" (3D) en noir,
puits quantique (2D) en rouge, filaire (1D) en vert et boîte (0D). La dimensionnalité du
système ne change pas le profil d’absorption des excitons et l’énergie de liaisons augmente

lorsqu’on réduit la dimensionnalité du système.

Analysons rapidement l’effet du confinement sur les excitons. Dans le cas où, L ≫
aB alors on observe que la dynamique dans les directions du plan des excitons n’est pas
perturbée. Dans le cas où L < aB, l’énergie de liaison Eb(n) change. Elle augmente.
Dans un cas purement 2D, on a le rayon de Bohr de l’exciton 2D qui est deux fois
plus grand que pour le cas 3D (a∗2DB = 2a∗3DB ) et l’énergie de liaison (Rydberg) est
multipliée par quatre (R∗2D

y = 4R∗3D
y ). Ce qui nous permet de séparer d’autant plus le

niveau excitonique de la bande de conduction.
Comme le montre schématiquement la figure 1.7, ce pic a une certaine largeur γX .

Comme nous l’avons fait précédemment pour la cavité, cette largeur peut être associée
à un temps de vie des excitons dans le puits quantique. Contrairement aux cavités, ce
paramètre est moins bien maîtrisé. Il est principalement dû aux rugosités d’interface
et peut se traduire dans les équations du mouvement par un terme similaire à celui
de l’équation (1.5) qui couple, ici, les excitons à un réservoir excitonique. Ce qui les
associe au terme de perte γX ainsi qu’à une force de Langevin :

db̂k
dt

= −iωX(k)b̂k −
γX
2

− iF̂X
k (t) (1.13)

De façon similaire à ce que l’on a dit pour les modes guidés des microcavités, on a
ici le même phénomène appelé : cône de lumière. Seuls les excitons ayant un vecteur
d’onde dans le plan k‖ 6 EX/~c peuvent émettre des photons hors du puits. Pour les
autres, les photons émis sont piégés dans le puits par réflexion totale à l’intérieur du
puits et donc perdus pour l’observation. Pour les mêmes raisons que précédemment (k‖
petit), ici aussi ces pertes seront négligées.
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Jusqu’à maintenant, nous n’avons pas parlé d’un des aspects importants des ex-
citons. Contrairement aux photons, les excitons peuvent être considérés comme des
bosons en interaction. Et comme nous allons le voir tout au long de cette thèse, c’est
en grande partie grâce à ces interactions que les polaritons excitoniques ont un si grand
intérêt.

C.3 Interactions exciton-exciton

Les excitons sont des particules électriquement neutres, ce n’est pas pour autant
qu’elles n’interagissent pas. Étant composés d’électrons et de trous appariés, un grand
nombre d’interactions est possible. Ce problème à N corps peut être approché en consi-
dérant les excitons comme les excitations élémentaires du milieu [21] et en traitant la
corrélation coulombienne comme une interaction effective entre excitons. On peut en dé-
duire, pour les excitons, un Hamiltonien effectif de bosons en interaction. Pour aboutir
au Hamiltonien effectif, on utilise une méthode [18, 20, 22] basée sur la transformation
d’Usui [23]. Notons que des méthodes récentes [24, 25] aboutissent à des coefficients
d’interactions différents. Toutefois, ceux-ci sont du même ordre de grandeur. En ce qui
concerne la comparaison avec l’expérience, soulignons d’une part que le rayon de Bohr
de l’exciton n’est pas connu très précisément (renormalisation en fonction de la densité,
confinement variable du puits quantique), et que, d’autre part, la densité d’excitations
n’est pas connue avec une précision très élevée (spot d’excitation inhomogène). Dans
cette thèse, nous avons utilisé des coefficients issus de l’expérience et dans certains cas,
nous avons étudié de façon systématique la dépendance des résultats en fonction de la
valeur de l’interaction. Dans un tel modèle on peut résumer les interactions en deux
termes distincts : l’interaction dite coulombienne et celle dite de saturation ou encore
de Pauli.

Interactions coulombiennes

Ce terme rendant compte des interactions exciton-exciton pourra s’écrire :

HXX =
1

2

∑

k,k′,q

V XX
q b̂†k+qb̂

†
k′−qb̂kb̂k′ (1.14)

avec V XX
q potentiel d’interaction effectif et où nous avons négligé le terme de l’énergie

cinétique renormalisé par l’interaction d’échange [18, 26].
Nous considérons le terme d’interaction effectif exciton-exciton comme un potentiel

constant, de la même manière que l’interaction entre atomes dans un gaz d’atomes
froids [27]. En effet, dans la suite de ce travail, nous nous intéressons essentiellement à
des vecteurs d’onde petits devant a−1

B . Par conséquent, le potentiel d’interaction effectif
V XX
q évolue peu en fonction de q [18, 26]. On écrit donc V XX

q ≃ V XX
0 . La valeur du

coefficient d’interaction est V XX
0 = 6e2aB

ǫA
[28].

Interactions de saturation

Le nature physique de cette interaction est moins évidente à saisir. Elle naît de
la nature même des électrons et des trous qui composent nos excitons. Ce sont des
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fermions et respectent donc le principe d’exclusion de Pauli. Si â est un opérateur
d’annihilation d’un photon de vecteur d’onde k, alors le Hamiltonien lié à cet effet
peut s’écrire :

HXsat = −
∑

k,k′,q

~ΩR

nsatA
â†k+qb̂

†
k′+qb̂kb̂k′ + h.c. (1.15)

Il est intéressant de remarquer que Vsat = ~ΩR/(nsatA), la constante de saturation
dépend de la fréquence de Rabi du vide ΩR. nsat =

7
16πa∗

B

est la densité de saturation
de l’exciton [18, 29, 30]. Comme son nom l’indique, au delà d’une certaine densité, on
aura une diminution du couplage entre le champ et la transition dipolaire excitonique,
qui tendra à empêcher la création de nouveaux excitons et donc à limiter la création
de polaritons.

Dans la suite de ce travail, cette interaction de saturation sera négligée car les sys-
tèmes choisis ne permettent pas d’obtenir des effets significativement observables de ce
terme [18]. Cela dit, comme l’a montré mon prédécesseur, A. Verger [31], un tel effet
peut avoir un rôle déterminant dans des phénomènes, comme le blocage quantique de
Coulomb.

Récapitulons : nous avons un mode du champ bien contrôlé (partie B) et une tran-
sition dipolaire elle aussi bien quantifiée (partie C). Intéressons-nous à leur interaction.

D Polaritons excitoniques

Il va bien entendu résulter des deux éléments précédemment cités (la microcavité et
les excitons) les polaritons excitoniques, tant attendus. Dans un premier temps, nous
verrons comment analytiquement de telles pseudo-particules apparaissent (partie D.1).
Ce qui nous amènera à détailler les polaritons excitoniques et à voir les rapports qu’ils
entretiennent avec les photons de cavité et les excitons (partie D.2). Et nous finirons,
comme nous l’avons fait pour les excitons, par présenter les interactions agissantes
entre polaritons (partie D.3). Tout au long de cette partie, nous tacherons de préciser
le cadre de notre étude ainsi que les approximations qui leur sont liées.

D.1 Interaction exciton-photon de cavité

La figure 1.8 montre une représentation schématique du dispositif étudié qui com-
prend un puits quantique au centre d’une microcavité réalisé à l’aide de deux miroirs
de Bragg. C’est de cette union de ces deux dispositifs que vont naître les polaritons.

L’interaction entre le milieu diélectrique et le champ électromagnétique se traite
comme un couplage entre électrons et photons [14, 32] :

HI =
∑

k,q

~G(q)
(

â†qĉ1,k+qĉ
†
2,k + h.c.

)

(1.16)

Où ĉi,k est un opérateur d’annihilation d’un électron dans la bande i. G(q) est l’élément
de la matrice du moment dipolaire électrique liée à la transition. En réécrivant cela à
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Figure 1.8 – Schéma d’une micocavité planaire réalisée grâce à deux miroirs de Bragg et
contenant un puits quantique en son centre (en rouge). La flèche rouge représente l’excitation

laser du système.

partir des opérateurs excitoniques, et en négligeant les termes anti-résonants, on obtient
le Hamiltonien effectif de couplage suivant :

HXC =
∑

k

~ΩR

(

â†kb̂k + b̂†kâk
)

(1.17)

Avec ΩR la constante de couplage entre les excitons et les photons, ou fréquence de Rabi
du vide (déjà mentionnée dans la partie A). Comme nous l’avons dit, cette dernière est
cruciale pour obtenir le couplage fort. Elle dépend de la force d’oscillateur des excitons
f , de la taille de la cavité L et surtout du recouvrement entre la fonction d’onde des
excitons et celle des photons de cavité [17, 33].

~ΩR =

√

fe2

2n2
cLMǫ0

(1.18)

avec M la masse des excitons.
La fonction d’onde dans la direction de croissance des photons de cavité possède plu-

sieurs noeuds. Si l’on place un puits quantique à un de ces noeuds, le couplage sera nul.
Au contraire, si on le place à un anti-noeud, le couplage est maximal (équation (1.18)).
Pour augmenter encore ce couplage, une technique employée est de multiplier le nombre
de puits quantiques [34]. Dans ce cas, la constante de couplage est proportionnelle à√
N , la racine carré du nombre de puits. Cela vient du fait qu’en multipliant le nombre

de puits, on augmente la force d’oscillation globale des excitons par N [35].
La figure 1.9 montre deux résultats expérimentaux de mise en évidence de couplage

fort qui donne lieu à un dédoublement du pic d’absorption de la cavité (voir figure 1.4).
À gauche, la première mise en évidence de ce phénomène dans des microcavités à puits
quantiques par C. Weisbuch et al., en 1992 [36], et à droite, des résultats plus récents
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de J. Bloch et al., en 1998 [34]. On peut voir que lorsque l’on a un bon accord entre la
fréquence de la cavité et celle des excitons, le dédoublement apparaît.

Figure 1.9 – Exemples de spectre de reflectivité extrait de la référence [36] à gauche et de
la référence [34]. Avec pour le premier, un dédoublement de Rabi d’environ 8 meV et pour le
second, de 19 meV. Pour l’un comme pour l’autre, on peut voir que les polaritons sont très

sensibles à l’accord exciton-photon.

Observons maintenant comment cela se traduit en termes Hamiltonien.

D.2 Base excito-photonique et base polaritonique

Négligeons dans un premier temps les interactions entre excitons ainsi que les pertes
et ne gardons que les termes de couplages linéaires. Dans ce cas, le Hamiltonien des
excitons en interaction avec les photons de cavité s’écrit :

H0 = HC + HX + HXC

=
∑

k ~ωC(k)â
†
kâk +

∑

k ~ωX(k)b̂
†
kb̂k +

∑

k ~ΩR

(

â†kb̂k + b̂†kâk
) (1.19)

Un tel cas peut être une bonne approximation, à condition d’avoir une cavité de très
grande finesse et une densité excitonique faible. Si on diagonalise le Hamiltonien H0,
on trouve des états propres qui sont des états mixtes exciton-photon. Ces nouveaux
états sont appelés polaritons. On peut alors réécrire H0 dans cette nouvelle base :

H0 =
∑

k

~ωLP (k)p̂
†
kp̂k +

∑

k

~ωUP (k)û
†
kûk (1.20)

Ici, p̂k et ûk sont respectivement des opérateurs bosoniques de polaritons bas (lo-
wer polaritons) et hauts (upper polaritons) qui respectent les règles de commutation
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suivantes : [p̂k, p̂
†
k′ ] = δkk′ et [ûk, û

†
k′ ] = δkk′ . ωLP (k) et ωUP (k) correspondent à la

dispersion associée à chacun de ces deux types de polaritons.

ωUP/LP (k) =
ωX(k) + ωC(k)

2
± 1

2

√

(ωX(k)− ωC(k))
2 + 4Ω2

R (1.21)

On peut voir l’allure de ces dispersions sur la figure 1.10. Le régime de couplage fort,
dans lequel nous nous trouvons, modifie significativement la dispersion du système.

Deux quantités très utiles à définir lorsque l’on parle de polaritons sont la fraction
excitonique X2

k et la fraction photonique C2
k de notre particule. Elles nous indiquent

quelle est la part de matière et de lumière des polaritons. On peut exprimer les opé-
rateurs polaritoniques en fonction des opérateurs excitoniques et photoniques, comme
suit :

(

p̂k
ûk

)

=

(

Xk Ck

−Ck Xk

)(

b̂k
âk

)

(1.22)

Ces coefficients Xk et Ck sont couramment appelés coefficients de Hopfield [14]. Ils
s’écrivent de la façon suivante :

Xk =
1

√

1 +
(

ΩR

ωLP (k)−ωC(k)

)2
et Ck = − 1

√

1 +
(

ωLP (k)−ωC(k)
ΩR

)2
(1.23)

La dépendance de ces coefficients, en fonction du vecteur d’onde dans le plan k, est
représentée sur la figure 1.10 par le dégradé de couleurs. Cette fraction qui va déter-
miner une partie de la dynamique des polaritons est très dépendante du désaccord
exciton-photon (δXC = ωX(k) − ωC(k)). Plus l’accord est bon, plus les polaritons se-
ront hybrides. La transformation étant unitaire, les deux coefficients sont liés par la
relation X2

k + C2
k = 1.

À partir de cette nouvelle base dite polaritonique, voyons ce qu’il advient des in-
teractions non-linéaires.

D.3 Interaction polariton-polariton

Si maintenant on rajoute le terme d’interaction coulombienne exciton-exciton HXX ,
on a le Hamiltonien total sans perte :

H = HC +HX +HXC +HXX

=
∑

k

~ωC(k)â
†
kâk +

∑

k

~ωX(k)b̂
†
kb̂k +

∑

k

~ΩR

(

â†kb̂k + b̂†kâk
)

+
1

2

∑

k,k′,q

V XX
0 b̂†k+qb̂

†
k′−qb̂kb̂k′ (1.24)

Ce dernier, dans la base polaritonique, en négligeant les polaritons hauts, s’écrit :

H =
∑

k

~ωLP (k)p̂
†
kp̂k +

1

2

∑

k,k′,q

V LP−LP
0,k,k′ p̂†k+qp̂

†
k′−qp̂kp̂k′ (1.25)
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Figure 1.10 – Dispersion des polaritons hauts (notée UP) en bleu et vert, et des po-
laritons bas (notée LP) en rouge et vert. Le dégradé de couleurs représente en rouge la
fraction excitonique (X2

k) et en bleu la fraction photonique (C2
k). Le vert correspond à des

polaritons mi-photon mi-exciton. En pointillés rouges et bleus sont respectivement repré-
sentées la dispersion des excitons et celle de la cavité. Les paramètres utilisés ici sont :

~ωC(0) = ~ωX(0) = 1600 meV, ~ΩR = 10 meV, ainsi que kz = 25 µm−1.
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Avec bien entendu, V LP−LP
0,k,k′ = X∗

k+qX
∗
k′−qXkXk′V XX

0 . Par la suite, on notera cette
constante d’interaction exciton-exciton g = V XX

0 A/2 avec A, la surface des puits quan-
tiques avec comme valeur ~g = 0.01 meV.µm−2, valeur estimée théoriquement [28].

Si on regarde les dispersions représentées sur la figure 1.10, on remarquera que celle
des excitons dessinée en pointillés rouges semble plate. Les excitons ont une masse
effective beaucoup plus importante que celle des photons de cavité. Le couplage fort
fait naître les polaritons à condition que l’énergie des excitons et des photons de cavité
soient bien accordée. Alors on aura un couplage fort seulement pour une petite gamme
de valeur du moment k. Étant donné que l’énergie des excitons varie très peu en fonction
de k par rapport à celle des photons, on fait l’approximation de la masse infinie pour
les excitons, soit : ωX(k) = ωX(0). En réalité, on a mX ≃ 104mC . Rappelons que de
se limiter à l’étude des k petits permet aussi de s’affranchir des pertes dues aux modes
guidés de la cavité et du puits quantique, dont nous avons parlé précédemment. Le
niveau d’énergie ~ω0

X est couramment associé à un réservoir excitonique.
Arrêtons-nous là pour le moment en ce qui concerne les interactions. Notons que

dans cette approche seules les interactions directes polariton-polariton ont été prises
en compte. Les interactions indirectes via les biexcitons ou via les excitons noirs par
exemple ne sont pas traitées ici [37]. Nous reviendrons dans le chapitre 3 sur ces inter-
actions pour prendre en compte les effets de spin.

Conclusion

Après cette courte introduction très simplifiée, nous voilà donc prêts pour entrer
dans le vif du sujet. Nous avons tout d’abord vu ce que désignait le terme polari-
ton : une pseudo-particule naissant de l’interaction forte entre la matière et la lumière.
Suite à quoi, nous nous sommes intéressés aux propriétés des cavités optiques, éléments
indispensables à l’existence des polaritons, et plus particulièrement à celles des micro-
cavités semiconductrices. Viennent ensuite les excitons qui jouent, pour nous, le rôle de
la transition dipolaire. Ces excitons qui ont la particularité de pouvoir être considérés
comme des bosons bidimensionnels en interaction. Et enfin, nous avons vu comment
cette hybridation entre un émetteur et les photons émis pouvaient se traduire en termes
de pseudo-particules et donner les polaritons excitoniques.

De plus nous avons vu, à l’aide de plusieurs approximations, comment nous pou-
vions restreindre le cadre théorique d’étude. La prise en compte des seuls polaritons
bas, l’approximation de la masse effective infinie des excitons, et la densité de satu-
ration infinie, sont autant d’approximations qui, loin d’être dénuées de réalité comme
nous le verrons, permettront un traitement analytique plus complet du système. Bien
entendu, cette thèse de doctorat ne prétend pas couvrir toute la physique des polari-
tons excitoniques. La physique propre à l’excitation non résonante par exemple, ne sera
pas du tout traitée ici. Notre cadre d’étude est donc la branche basse des polaritons
excitoniques, excitée à petit angle d’incidence et à résonante.
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Chapitre 2

Oscillation paramétrique optique dans

les micropiliers

L’histoire des oscillateurs paramétriques optiques (OPO) est fortement liée à la
physique des lasers et de façon générale à l’optique non-lineaire. Ces dispositifs per-
mettent notamment, d’améliorer la contrôlabilité des lasers comme par exemple, en
permettant la génération de faisceaux cohérents dans des gammes d’énergie difficile-
ment atteignables par les lasers usuels. Mais ils ont aussi montré qu’ils pouvaient être
employés pour générer des états de la lumière non classiques comme des états intriqués
ou encore des états comprimés. L’importance que ces dispositifs ont pris ces dernières
années s’explique entre autre par de nouveaux débouchés industriels comme la crypto-
graphie quantique. Mais cela s’explique aussi parce que grâce à ces OPO, l’étude et la
connaissance des propriétés quantiques de la lumière à fait un bond considérable.

Parmi la diversité des matériaux et dispositifs permettant l’oscillation paramétrique,
l’utilisation des polaritons excitoniques est plutôt récente. Bien que ces pseudo-particles
ont été prédites et observées dans le bulk il y a plus de 40 ans, il faudra attendre
quelques 30 ans et leur démonstration dans les microcavités à puits quantiques pour en
faire un dispositif très prometteur en optique non-linéaire. Un de leurs points forts est
l’intégrabilité dont ils font preuve. Ce qui est bien illustré par le dispositif étudié ici :
un micropilier de quelques microns de section et d’une dizaine de microns de hauteur.
Mais plus encore, le contrôle des propriétés de cet oscillateur paramétrique optique à
polaritons est ce qui explique les nombreux espoirs placés dans ces dispositifs. La mixité
des polaritons, mi-lumière et mi-matière, permet de combiner des effets propres aux
excitons comme l’interaction coulombienne, à des photons pour obtenir des bosons en
interaction observables. C’est d’ailleurs initialement sur la base de cette propriété que
l’étude des polaritons excitoniques s’est développée ces dernières années. Et c’est ce
qui va nous intéresser ici : conversion paramétrique, oscillation paramétrique, faisceaux
corrélés classiquement et quantiquement sont autant de processus et d’effets qui vont
être étudiés.
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Cette partie sur l’oscillation paramétrique optique (OPO) dans des micropiliers
s’organisera comme suit. Dans la partie A, après avoir rapidement rappelé en quoi
consiste ce processus d’oscillation paramétrique optique, nous verrons quels ont été les
résultats précédemment obtenus avec d’autres systèmes exploitant les polaritons. Dans
une seconde partie, la partie B, nous nous arrêterons plus longuement sur le système
que nous avons étudié : le micropilier. Nous détaillerons, bien entendu ses caractéris-
tiques pour ensuite regarder de plus près le processus d’oscillation paramétrique possible
et souhaité dans un tel système. Suite à quoi, nous expliciterons le modèle utilisé afin
de rendre compte de l’oscillation paramétrique ainsi que les approximations associées et
ses limites. Enfin nous comparerons les résultats expérimentaux, obtenus dans l’équipe
de J. Bloch du LPN, aux résultats numériques que nous avons obtenus (partie D).
Nous finirons dans cette même partie par l’analyse des résultats numériques qui nous
en disent beaucoup sur la nature du processus étudié.
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A Oscillateurs paramétriques optiques

Il s’agit ici d’introduire la physique associée aux oscillateurs paramétriques optiques
(OPO). Pour ce faire, nous rappellerons brièvement quelques notions d’optique non-
linéaire (partie A.1). Ce qui nous amènera tout naturellement à introduire les OPO
(partie A.2). Nous verrons comment cet effet se traduit en termes mathématiques. Suite
à quoi, dans la partie A.3, nous nous intéresserons à un effet très important et très
intéressant lié aux processus paramétriques : les corrélations. Après cette revue assez
générale, nous nous intéresserons plus particulièrement aux polaritons excitoniques et
en quoi ils peuvent se révéler de très bons candidats pour la fabrication d’OPO. Pour
ce faire nous introduirons dans la partie A.4 différentes architectures étudiées dans la
littérature et les résultats obtenus.

A.1 Optique non-linéaire

Ce que l’on connaît aujourd’hui sous le nom d’optique non-linéaire est un do-
maine de la physique très récent. Ce n’est qu’à la moitié du xx

e siècle que cette branche
de la physique s’est constituée comme telle. Bien entendu, l’invention du laser, mis en
évidence par Théodore Maiman en 1960 [1] fut déterminant. On peut prendre l’an-
née 1961 comme son année de naissance, avec la génération de seconde harmonique
d’un faisceaux laser par transmission à travers une lamelle de quartz réalisée par P.A.
Franken [2]. C’est seulement deux ans plus tard que la première analyse théorique de
ce résultat sera publiée [3]. C’est dire à quel point ce sujet a tout de suite intéressé la
communauté des physiciens. Aujourd’hui, ce domaine a donné naissance à beaucoup de
sous-domaines qui vont des applications en spectroscopie à la génération d’impulsions
ultrabrèves, en passant par l’étude de phénomène comme les "supercontinuums".

L’optique non-linéaire se fixe comme objectif l’étude de la propagation de la lumière
dans des milieux dits "non-linéaires". Les milieux transparents en première approxi-
mation, ne perturbent pas la lumière qui les traverse. La direction de propagation du
champ électromagnétique peut changer mais son spectre de fréquence reste inchangé.
Lorsqu’on regarde au delà de cette approximation, c’est à dire pour des intensités
lumineuses importantes, il apparaît qu’il se produit une modification substantielle du
spectre de la lumière transmise. C’est pourquoi on considère alors la propagation comme
non-linéaire. Voyons comment cela se traduit à l’aide du concept de polarisation.

La propagation d’une onde électromagnétique intense dans la matière peut affecter
la polarisation du milieu. En retour, cette onde peut être affectée par cette polarisation
diélectrique induite par le champ même. La polarisation diélectrique P(r, t) en un point
r est reliée au champ électrique au point r, et c’est la susceptibilité diélectrique
notée χ qui caractérise cette relation. Pour déterminer cette dernière, on peut, à l’aide
d’un traitement semi-classique, chercher à déterminer le mouvement des charges de
la matière sous l’effet d’un champ classique monochromatique E(r, t) lié à la lumière.
Cette description est semi-classique car le champ est traité classiquement alors que la
matière elle est traitée quantiquement. Cela se révèle généralement une approximation
satisfaisante étant donnée l’intensité du champ employé. Un milieu non-linéaire ou
encore polarisable sous l’effet de E atteint un régime forcé, caractérisé par son moment
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dipolaire électrique Def dont nous avons déjà eu l’occasion de parler dans le premier
chapitre.

Considérons une seule direction de l’espace (cas 1D), typiquement celle que l’on
appellera z et qui correspond à la direction de croissance de nos microcavités, donc
la direction de confinement de la lumière (voir chapitre 1). Alors la polarisation d’un
milieu quelconque pourra s’écrire :

P = ǫ0χ
(1)E + ǫ0χ

(2)EE + ǫ0χ
(3)EEE + ...

= P (1) + P (2) + P (3) + ...

avec P (n) = ǫ0χ
(n)E...E la polarisation d’ordre n. De l’importance des différents ordres

de susceptibilités dépendra la non-linéarité du matériau utilisé. Typiquement un milieu
dit linéaire aura χ(n) pour n > 1 négligeable. Bien qu’existant les effets non-linéaires
seront négligeables.

Pour plus de convenance, plaçons-nous dans l’espace des fréquences. On montre
que pour une onde i de fréquence ωi et d’amplitude E(ωi) la polarisation d’ordre n
devient :

P (n)(r, ω1 + ...+ ωn) = ǫ0χ
(n)(ω1, ..., ωn)E(r, ω1)...E(r, ωn) (2.1)

À chaque ordre de cette polarisation peut être associé un processus d’optique non-
linéaire. Par exemple, à l’ordre deux, on a la génération de seconde harmonique ou
encore une conversion paramétrique. À l’ordre trois, aussi appelé mélange à quatre
ondes, celui qui nous intéresse, on peut avoir la génération de troisième harmonique
mais aussi une autre forme de conversion paramétrique. À noter que comme le montre
l’équation (2.1), la polarisation d’ordre n est proportionnelle au champ à l’ordre n. Par
conséquent, plus l’ordre est important plus, les effets sont difficiles à observer. Bien
entendu plusieurs de ces susceptibilités peuvent être présentes en même temps. Ce qui
est caractéristique d’effet comme l’effet Kerr-optique qui combine en même temps un
effet Pockels (ordre 2) et une susceptibilité d’ordre 3.

Pour notre part, c’est le processus de conversion paramétrique d’ordre trois qui va
nous intéresser. Un des processus lié à cette conversion, appelé amplification paramé-
trique peut se décrire de la façon suivante :

P (3)(ωs, ωs, ωc) = ǫ0χ
(3)(ωp, ωp, ωs)E(ωp)E(ωp)E(ωs)

avec ωp la fréquence de pompe (faisceau incident), ωs de signal et ωc du complémentaire.
En réalité la description semi-classique précédente ne peut pas traduire le mélange

à quatre ondes qui va nous intéresser. Car il nécessite de prendre en compte les fluc-
tuations du champ. Attardons-nous donc sur ce mélange à quatre ondes.

A.2 Mélange à quatre ondes et OPO

Le mélange à quatre ondes se décrit par une susceptibilité d’ordre 3 : χ(3)(ω1, ω2, ω3).
Intéressons-nous au cas de l’amplification paramétrique optique. C’est-à-dire, un milieu
sur lequel on fait converger deux faisceaux lasers : un très intense appelé laser de
pompe Ep(ωp) et un autre moins intense appelé laser de sonde Es(ωs). Le résultat
de l’interaction entre ces deux faisceaux et le milieu de non-linéarité χ(3) adaptée, est
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l’amplification de Es(ωs), la génération d’un nouveau faisceau appelé complémentaire
(ou idler) Ec(ωc) et par conséquent une diminution de l’intensité de Ep(ωp). Bien
entendu, on aura la relation suivante entre les différentes fréquences : 2ωp = ωs+ωc. On
amplifie donc un signal avec une pompe via la génération d’un faisceau complémentaire.

Conversion paramétrique
 d’ordre  3

2ωp = ωs + ωc

ωs

ωc

ωp

Fig. 2.1 – Schéma représentant la conversion
paramétriques d’ordre 3. Avec en dessous la

conservation de l’énergie associée.

La conversion paramétrique optique
est le même processus à ceci près que nous
n’avons comme faisceaux incident que la
pompe comme représentés figure 2.1 et au
centre de l’image 2.2. On peut différen-
cier plusieurs cas ici. Celui, par exemple,
où ωp/2 = ωs = ωc, est appelé dégénéré.
Pour notre part, nous nous intéresserons
au cas le plus général où ωs 6= ωc. Un
processus d’ordre 2, aussi appelé conver-
sion paramétrique, existe mais il implique
la relation suivante : ωp = ωs + ωc. À ne
pas confondre, donc. Mais pour que notre
processus ait lieu de façon effective, il faut
en réalité plus que l’accord en énergie. Il
faut aussi accord de phase.

Pour comprendre ce phénomène, nous n’allons pas résoudre les équations de Max-
well, par souci de concision. Essayons quand même qualitativement de comprendre ce
qui se passe. On peut dire que dans le milieu non-linéaire, l’onde de pompe se propage
à une certaine vitesse déterminée par sa fréquence ωp et l’indice optique du milieu. À
chaque instant, soit à l’endroit où elle se trouve, elle génère la sonde et le complémen-
taire. Ces derniers se propagent eux aussi, mais avec une autre vitesse qui va dépendre
de leurs fréquences respectives. Au point suivant, la pompe va générer de nouveau la
sonde et du complémentaire et ces derniers vont interagir avec leurs précédents. Cette
interaction entre deux ondes de même fréquence et de même direction de propagation
peut être aussi bien constructive que destructive. Il va de soit qu’une interaction des-
tructive ne nous intéressera pas car elle rend le processus inobservable. C’est pourquoi
il faut avoir accord de phase pour observer ces phénomènes.

2n(ωp)ωp = n(ωs)ωs + n(ωc)ωc

avec n(ω) = ck/ω l’indice optique dans du milieu où c est la vitesse de la lumière et k
le vecteur d’onde. On peut donc montrer la relation suivante dite d’accord de phase :

2kp = ks + kc (2.2)

Il existe différentes méthodes pour obtenir cet accord de phase. La première d’entre
elles, consiste à utiliser la biréfringence. On peut aussi fabriquer des métamatériaux
crés par une alternance de milieu (comme pour les miroirs de Bragg) qui donneront un
quasi-accord de phase. Dans notre cas, c’est directement la dispersion des polaritons
qui nous donnera les conditions de possibilité d’une telle conversion.
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Il nous faut maintenant parler de la présence de la cavité dans notre système.
Comme on l’aura sans doute compris, pour nous le rôle du milieu nonlinéaire sera joué
par les excitons de puits quantiques et l’accord de phase et d’énergie par la dispersion
des polaritons. Mais le rôle de la cavité quant à lui est loin d’être négligeable.

Ep(ωp) Ep(ωp)

Ec(ωc) Es(ωs)

χ
(3)

Figure 2.2 – Schéma figurant le mélange à quatre ondes dans un OPO. Le rectangle grisé
correspond au milieu de susceptibilité d’ordre trois χ(3). Le processus de mélange à quatre ondes
est schématisé par deux photons vertes donnant lieu à un bleu pour le signal et un rouge pour
le complémentaire. Ce milieu est entouré de deux miroirs. En entrée on a un faisceau pompe
Ep(ωp) et en sortie une faisceau pompe Ep(ωp), un signal Es(ωs) et un complémentaire Ec(ωc).

Le mélange à quatre ondes est un processus faiblement efficient. Comme tout milieu
de propagation, ce dernier comporte des pertes. Il faut donc que le processus de conver-
sion soit plus important que les pertes. Pour augmenter l’efficacité de ce processus, il
nous faut combiner à la fois la conversion avec l’amplification paramétrique optique.
Pour ce faire, on dispose notre matériaux non-linéaire dans une cavité comme repré-
sentée sur la figure 2.2. Basiquement, l’idée est de faire osciller les rayonnements, et
donc de permettre son amplification par passages successifs dans le milieu non-linéaire.
C’est pourquoi ces systèmes sont appelés oscillateurs paramétriques optiques. On
peut y voir certaines similitudes avec les lasers. Cela dit, dans ce cas la pompe n’a
pas besoin d’être absorbée par le milieu, la conversion paramétrique est directe. De
plus, dans le cas du laser, signal et complémentaire sont dégénérés en énergie ainsi
qu’en phase, ce qui n’est pas le cas pour nous (sauf pour le cas particulier). La cavité,
comme nous l’avons dit dans le premier chapitre, est caractérisée par une fréquence de
résonance et une largeur de raie. Cette dernière détermine les pertes du système. Dans
un tel système pour une certaine puissance de pompe, un seuil est atteint à partir
duquel la conversion et l’amplification seront plus importantes que les pertes. Cette
puissance est appelée seuil d’oscillation paramétrique ou encore threshold. En plus
de ce seuil, la cavité peut donner lieu, et ce sera notre cas, à une bistabilité. Mais nous
y reviendrons plus en détail dans la partie C. De manière générale la fréquence de la
cavité est très importante car en fonction de la configuration d’oscillation choisie, elle
peut être résonante avec la pompe ou le signal et/ou le complémentaire. Dans notre
cas, on aura toujours résonance avec la pompe. Quant au signal et au complémentaire,
de par les propriétés des polaritons, ils seront aussi à résonance (cf. 1.9).

Si les OPO permettent la génération de faisceaux monochromatiques intenses dans
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des gammes qui ne sont pas atteintes par les lasers, ce n’est pas leur seul intérêt. Que
se soit la génération de faisceaux corrélés ou encore de pairs de photons jumeaux, les
OPO sont de très bons candidats pour la génération d’états quantiques de la lumière.
Ils constituent la base de nouvelles technologies comme la cryptographie quantique, la
téléportation, ou encore un hypothétique ordinateur quantique. Intéressons-nous à la
définition et la mise en évidence de faisceaux corrélés.

A.3 Corrélations

En physique, deux variables sont considérées comme corrélées s’il existe un lien
(quelqu’il soit) entre elles. C’est un terme très employé en physique aussi bien en trai-
tement du signal qu’en physique statistique mais aussi en physique quantique. Une
distinction est faite entre corrélations classiques et corrélations quantiques. Les pre-
mières indiquent une interdépendance entre différentes variables et les secondes sont
plus fortes et indiquent un comportement quantique.

Le caractère quantique de la lumière ne peut apparaître sans ambiguïté avec les
quantités que nous avons calculé jusqu’à présent. Le calcul des corrélations quantiques
entre le signal et le complémentaire va nous permettre de remédier à ce problème.
C’est le bruit de la somme et surtout, le bruit de la différence en intensité qui va nous
intéresser [25, 107, 119, 120]. Cette quantité nous indique à quelle point les fluctua-
tions de la population de deux modes du champ sont corrélées. Lorsque ces corrélations
dépassent la limite classique standard des fluctuations poissoniennes alors il y a cor-
rélation quantique entre les deux modes. Notons les deux modes étudiés (1) et (2) et
N̂i l’opérateur lié à leur population. Pour définir la fonction de corrélation souhaitée,
il nous est nécessaire de recourir à la fonction d’autocorrélation de la différence (ou la
somme) des populations en régime stationnaire :

C±(τ) = 〈N̂±(t)N̂±(t+ τ)〉 − 〈N̂±(t)〉〈N̂±(t+ τ)〉
avec N̂± = N̂1 ± N̂2 la somme (différence) des populations. Nous nous intéresserons
dans notre étude à l’autocorrélation à τ = 0.

Pour caractériser la nature des corrélations que nous observons, nous normalisons
la corrélation par le résultat associé à deux états cohérents non corrélés :

σ±(0) =
〈N̂2

±(t)〉 − 〈N̂±(t)〉2

〈N̂+(t)〉
Ici il s’agit de comparer les variances de chaque population.

La différence de variance des populations peut se définir depuis le spectre de fré-
quence. C’est à partir de la densité spectrale de σ±, Sσ± [ω] que l’on peut remonter aux
corrélations :

σ±(0) =

∫

dω

2π
Sn[ω] (2.3)

Pour plus d’informations et de détails sur l’oscillation paramétrique, l’accord de
phase, le bruit quantique, les états intriqués, etc, je renvoie le lecteur à certains livres
et review d’optique non linéaire ou quantique très complet [4–6]. Mais pour le moment,
voyons succinctement plusieurs types d’OPO, déjà bien connus, utilisant les polaritons
excitoniques pour réaliser du mélange à quatre ondes.
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A.4 OPO à polaritons

Voici deux exemples caractéristiques d’OPO à polaritons excitoniques. Un premier
avec une géométrie simple : une cavité planaire, et un second avec une plus complexe :
une cavité triple.

Oscillation à l’angle magique

C’est en 2000 que P. G. Savvidis et al. ont mis en évidence expérimentalement
l’existance d’un processus d’amplification paramétrique [7] assisté par polaritons ex-
citoniques. Le système étudié consistait en une cavité planaire contenant des puits
quantiques. L’excitation était résonnante et pulsée à un angle qui sera appelé magique
(16.5◦ en l’occurrence). Suite à quoi, la même année, la théorie venant appuyer cette
expérience fut faite [8]. Ont suivi, la démonstration de cette amplification en régime
continu [9] et le rapprochement avec l’oscillation paramétrique optique [10].
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Figure 2.3 – Dispersion des polaritons hauts (UP) et bas (LP) d’une cavité planaire (C).
Y est schématisé le processus paramétrique à l’angle magique, où deux polaritons créés à cet

angle kp sont diffusés vers un polariton signal ks = 0 et un complémentaire kc = 2kp.

L’idée est de se servir de la dispersion atypique des polaritons bas pour générer un
processus paramétrique. Cette dispersion que l’on peut voir figure 1.10 et figure 2.3, a
la particularité d’avoir un point d’inflexion à un angle (vecteur d’onde dans le plan) dit
magique. Cela permet de remplir à la fois la condition d’accord en énergie 2ωp = ωs+ωc

et celle d’accord de phase 2kp = ks+kc. C’est bien entendu sur ce point d’inflexion que
la pompe sera ajustée. Ce qui donnera naissance à deux polaritons qui via l’interaction
polariton-polariton, diffuseront l’un dans un mode signal à ks = 0 et l’autre dans une
mode complémentaire à kc = 2kp.

La principale limitation de ce système vient de la différence de composition entre le
signal et le complémentaire. En effet, le signal étant en centre de zone, il sera fortement
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photonique (correspond au maximum de la part photonique des polaritons bas). Quant
au complémentaire, au contraire il sera très excitonique. Sachant que ne sont observées
que les fractions photoniques, le complémentaire sera difficilement observable. Le travail
réalisé en 2005 par S. Savasta dans une cavité planaire excitée à l’angle magique par
deux pompes, donnera la première preuve de la cohérence des processus d’oscillation
paramétrique assisté par polariton [11]. Une telle configuration donne deux signaux
générés et deux complémentaires pas forcément dégénérés. L’attention s’est portée sur
les complémentaires et sur le fait que lorsqu’ils étaient dégénérés ils interagissaient
consécutivement.

Dans une cavité planaire, une autre configuration permet l’oscillation paramétrique.
C’est une configuration où les faisceaux sont dégénérés en énergie. Deux pompes de
vecteur d’onde opposés (kp1 = (0; kp)

T et kp2 = (0;−kp)
T par exemple) sont à résonance

avec la dispersion des polaritons bas. On observe alors l’apparition d’un faisceau signal
et d’un complémentaire à ks = (kp; 0)

T et kc = (−kp; 0)
T . Ce processus a plusieurs

avantages : les énergies sont dégénérées, et surtout les fractions photoniques du signal et
du complémentaire sont strictement les mêmes. Ici seules des corrélations classiques ont
été observées. On remarquera le travail théorique de mon prédécesseur A. Verger [12] qui
a démontré numériquement que les corrélations quantiques atteignables ne pouvaient
pas dépasser les 50% (3 dB). Pour plus d’informations je renvoie le lecteur aux thèses
de M. Romanelli [13] et de A. Verger [14]. Mais des systèmes plus complexes ont été
fabriqués et étudiés afin d’augmenter la diversité des processus d’oscillation.

Cavité triple

Si j’ai choisi de parler de ce type de microcavité parmi la variété de celle qui per-
met d’observer l’oscillation paramétrique optique c’est parce que sa structure même
permet l’observation d’oscillations de géométries variées et donc de bien illustrer les
potentialités de l’OPO à polaritons excitoniques.

Ce système consiste donc en un empilement de 3 microcavités planaires couplées.
Ou encore, ce qui est équivalent, en une alternance de miroirs de Bragg (BM) et de puits
quantiques (QW) soit : BM/QW/BM/QW/BM/QW/BM (voir figure 2.4 de droite).
La dispersion d’une telle microcavité en régime de couplage fort est montrée figure 2.4.
Le couplage entre les différentes cavités donne lieu à un dédoublement des états photo-
niques. Soit avec trois cavités, on a 3 niveaux photoniques distincts couplés. Le couplage
inter-cavité dépend de l’épaisseur du miroir les séparant. Chaque cavité est couplée à
des puits quantiques. Cela donne lieu, en couplage fort, à 3 branches de polaritons
bas représentées figure 2.4 et 3 de polaritons hauts. Voyons quels sont les diffèrents
processus paramétriques déjà mis en évidence expérimentalement par C. Diederichs au
cours de son doctorat [15, 16].

– Le processus à l’angle magique (en bleu figure 2.4) dont nous avons parlé
précédemment. Notons cela dit qu’ici ce processus peut avoir lieu sur chacune
des trois branches de polariton bas.

– Le processus vertical (en rouge figure 2.4) qui pour une excitation à ωp(kp =
0) = ωLP2(0) donne un signal et un complémentaire à ks = kc = 0 et à ωs +ωc =
2ωp. L’avantage de cette oscillation est d’avoir un signal et un complémentaire,
tous deux, comme la pompe, dégénérés en vecteur d’onde ce qui est un plus pour
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2kp = 0 = ks + kc
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Processus angle magique
{
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Figure 2.4 – À droite est schématisée la microcavité triple et sa succession de miroirs de
Bragg (BM) et de puits quantiques (QW). À gauche, est dessinée la dispersion des polaritons
bas et ses trois branches (LP1, LP2 et LP3). Les flèches et points représentent quelques-
uns des différents processus paramétriques à quatre ondes permis par ces polaritons bas. Au-
dessus, sont indiqués les accords de phase et d’énergie correspondant. En rouge, le processus

dit vertical, en vert celui dit d’horizontal, et en bleu celui à l’angle magique.

l’intégrabilité du système. De plus, l’écart en énergie dépend essentiellement du
couplage entre cavités, donc il est facilement contrôlable. Quant aux inconvé-
nients, le principal est la différence de nature des polaritons signal et complé-
mentaire. L’un est très excitonique et l’autre très photonique, à la manière de ce
que l’on a pour l’angle magique.

– Le processus horizontal (en vert figure 2.4), pour une excitation en ωp(kp =
0) = ωLP2(0) donne deux polaritons : un en ks et ωs et l’autre en kc = −ks et
ωc = ωs. Processus qui ne souffre pas de la non homogénéité des polaritons créés.
Le signal et le complémentaire ont strictement la même composition. Par contre,
leurs vecteurs d’onde seront opposés.

Les corrélations entre les différents signaux émis ont été étudiés et ont mis en évi-
dence une réduction de bruit en dessous du bruit quantique standard de 7% (0.3 dB) [16].

Au vu des résultats obtenus sur la génération de faisceaux corrélés avec d’autre types
d’OPO par exemple avec le titanyl phosphate de potassium (KTP), on sera surpris par
ces résultats si faibles. En effet, les records de compression de bruit en intensité sont
aujourd’hui supérieurs de 90% (11.5 dB) [17, 18]. Notons la jeunesse des polaritons. Il
est déjà remarquable qu’en moins de 20 ans d’étude on en soit déjà à l’observation et
la production de faisceaux non classiques.
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Le système qui nous intéresse n’a pas un design aussi complexe, ce qui ne l’empêche
pas d’être très riche au moment de comprendre la physique de ces oscillations paramé-
triques optiques assistées par les polaritons excitoniques. Détaillons les propriétés de
ces micropiliers.

B Microcavités piliers

Figure 2.5 – Image réalisée au microscope électronique à balayage d’une microcavité gravée
en forme de plot carré. La largeur du plot est de 5 µm. Image réalisée au LPN.

Ce sont donc des plots micrométriques carrés similaires à celui montré figure 2.5 que
nous avons étudiés. Nous allons tout d’abord décrire le système physique (partie B.1),
puis nous verrons comment il peut être décrit en termes Hamiltonien et quelles ap-
proximations il est raisonnable de faire (partie B.2).

B.1 Système physique

Ce plot ou pilier est une microcavité semiconductrice 0D. Sans rentrer dans les
détails de la fabrication (que j’ignore d’ailleurs), ce que nous pouvons dire c’est qu’une
microcavité planaire contenant des puits quantiques est réalisée suite à quoi un masque
est déposé dessus, ce qui permet une gravure par voie chimique [19]. Le résultat obtenu
est l’image 2.5 réalisé par microscopie à balayage.

On peut d’ores et déjà faire plusieurs remarques. Tout d’abord on aura bien compris
que le confinement dans la direction de croissance z (direction verticale sur la figure 2.5)
est d’une toute autre nature que celui réalisé dans les deux autres directions x et y.
Dans la direction de croissance, ce confinement est assuré par des miroirs de Bragg dont
nous avons déjà parlé. Et dans les directions x et y c’est simplement la discontinuité de
l’indice optique qui permet de confiner la lumière dans le pilier. En termes de fonction
d’onde des polaritons, cela signifie qu’elle sera très confinée suivant la direction de z et
assez peu dans les autres directions. Cette discontinuité d’indice agit comme une cavité
dans les directions du plan de la microcavité gravée (voir partie C Chapitre 1). Donc,
comme pour la direction de croissance avec le miroir de Bragg, cela donne naissance à
des états discrets suivant les directions confinées. Le confinement a lieu pour les trois
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directions de l’espace. Cela implique une discrétisation totale des niveaux photoniques
de la cavité. L’espacement des niveaux obtenus dépendra essentiellement de la taille
de notre pilier. Le confinement dans le plan peut être réalisé par d’autres méthodes.
Citons la méthode employée à l’EPFL (Laussane) qui consiste à graver légèrement
la cavité. Le miroir de Bragg déposé dessus présentera un décalage dépendant de la
positon [20]. Dans une moindre mesure un confinement peut être obtenu à l’aide d’une
onde acoustique [21], mais aussi d’une pression locale exercée sur la cavité [22], ou
encore par dépôt de bande métallique en surface de la cavité [23].

Une autre remarque d’ordre général sur les microcavités et leurs miroirs de Bragg,
est qu’une cavité planaire a deux faces. Par rapport à une excitation normale à une
face, on peut s’intéresser soit à la transmission soit à la réflexion. De plus, pompant le
système proche de la résonance, on négligera les réflexions externes. En fonction des cas
on module le nombre de paires dans les miroirs de Bragg pour contrôler la réflectivité
de ces derniers. De cette façon, on optimise la collection et on minimise les pertes dues
aux deux directions d’échappement des photons. Dans le cas qui nous concerne ici,
c’est par réflexion que le système est étudié, ce qui n’est pas sans poser des problèmes
comme nous le verrons. Intéressons-nous au Hamiltonien associé.

B.2 Hamiltonien associé au plot

De façon générale, le Hamiltonien dans l’espace réel, associé à une microcavité
planaire, s’écrit [24] :

H =

∫
dx

∑

ij={X,C}
Ψ̂†

i (x)h
1
ij(−i∇)Ψ̂j(x) (2.4a)

+
~g

2

∫
dxΨ̂†

X(x)Ψ̂
†
X(x)Ψ̂X(x)Ψ̂X(x) (2.4b)

+

∫
dxFp(x, t)e

−iωptΨ̂†
C(x) + h.c. , (2.4c)

avec Ψ̂C(X) la fonction d’onde des photons de cavité (excitons) et où le terme (2.4a)
correspond au Hamiltonien sans interaction, (2.4b) à l’interaction entre excitons et
(2.4c) à l’interaction entre la cavité et la pompe. h1 peut s’écrire :

h1 = h0 + ~

(
VC(x)− iγC

2
0

0 VX(x)− iγX
2

)

avec γC(X) la largeur de raie des photons de cavité (excitons) et VC(X)(x) un potentiel
photonique (excitonique) extérieur. Nous n’avons pas encore parlé de ce potentiel pho-
tonique (excitonique). Il permet de modéliser les modulations spatiales des caractéris-
tiques des photons (excitons) : modulation de l’énergie. Il permet de reproduire de très
nombreux phénomènes physiques comme des défauts dans la cavité (voir chapitre 3),
ou encore comme nous allons le voir le confinement des modes dans une géométrie 0D.

Pour ce qui est de h0, le Hamiltonien standard sans interaction sans perte et sans
potentiel particulier, on a :

h0 = ~

(
ωC(−i∇) ΩR

ΩR ω0
X

)
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Avec ωC(−i∇) la dispersion de la cavité et ω0
X celle des excitons. Rappelons que nous

faisons l’approximation ωX(−i∇) ≈ ω0
X .

Le passage de l’espace réel à l’espace réciproque se fait comme suit :

Ψ̂C(x) =

∫
d2k√
A
âke

−ikx , Ψ̂X(x) =

∫
d2k√
A
b̂ke

−ikx (2.5)

Avec A la surface de la cavité, et â(†)
k

l’opérateur création (annihilation) d’un photon de
vecteur d’onde dans le plan k, et b̂(†)

k
l’opérateur création (annihilation) d’un exciton

de vecteur d’onde dans le plan k.

Dans le cas de notre pilier de dimension Lx × Ly, on prendra VX(x) = 0 et :

VC(x, y) =

{
0 si 0 < x < Lx et 0 < y < Ly ,

+∞ sinon.
(2.6)

C’est bien entendu, une approximation, mais qui est raisonnable étant donné la
différence d’indice entre la cavité et l’air (nGaAs/nair = 3.4). Cela revient à négliger
le champ évanescent qui prend place à l’extérieur de la cavité dans le plan. On peut
résoudre les équations de Maxwell pour le champ dans la cavité. On obtient φC(x, y)
la composante spatiale dans le plan des fonctions d’onde des photons de cavité (repré-
sentée figure 2.6) en fonction de deux nombres quantiques nx et ny. On trouvera une
série de solutions telles que :

φnx,ny
(x, y) =

2√
LxLy

sin

(
πx

Lx

(nx + 1)

)
sin

(
πy

Ly

(ny + 1)

)

La fonction d’onde des photons peut être décrite dans cette nouvelle base comme
suit :

Ψ̂C(x, t) =
∑

nx,ny

φnx,ny
(x)ânx,ny

(t)

Pour les excitons, sachant que la densité d’état est très importante autour de ~ω0
X de

part leur masse infinie, toute base est base propre des excitons. On prendra donc la
même base que celle des photons de cavité.

Ψ̂X(x, t) =
∑

nx,ny

φnx,ny
(x)b̂nx,ny

(t)

On peut donc réécrire notre Hamiltonien dans cette nouvelle base en posant i, j, k et
l les vecteurs d’indices des niveaux : i = (nix, niy). Alors on aura :

H =
∑

i

(
â†i , b̂

†
i

)(
ωi
C − iγC

2
ΩR

ΩR ω0
X − iγX

2

)(
âi
b̂i

)

+
~g

2

∑

ijkl

b̂†i b̂
†
j b̂kb̂lΠijkl +

∑

i

(
Fie

−iωptâ†i + h.c.
)

(2.7)
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Figure 2.6 – Profil spatial des fonctions d’onde des états propres de la cavité 0D φnx,ny

dans l’espace réel. Seul les six premiers niveaux sont représentés. Le carré à la base représente
la surface du pilier ici carré. À droite, sont représentés les profils des niveaux dégénérés. À

gauche du dessin, sont indiqués les nombres quantiques associés à chaque niveau.
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Avec Fi(t) = ~
∫
dxFp(x, t)φ

†
i (x) le recouvrement de la pompe et du mode i. En outre :

Πijkl =

∫ Lx

0

dxφi(x)φj(x)φk(x)φl(x) (2.8)

décrit le recouvrement entre les modes i, j, k et l. On peut bien entendu réécrire encore
le Hamiltonien dans la base des polaritons (on néglige les polaritons hauts) :

H =
∑

i

(
ωi
LP − i

γLP
2

)
p̂†i p̂i +

~

2

∑

ijkl

gLPijklΠijklp̂
†
i p̂

†
j p̂kp̂l +

∑

i

(
Fie

−iωptp̂†i + h.c.
)

(2.9)

Avec gLPijkl = gXiXjXkXl où Xi est la fraction excitonique du niveau polaritonique i.
Dans cette nouvelle base, les états propres du champ photonique auront une énergie

quantifié, d’après (1.1) comme suit :

~ωi
C =

~c

nc

√

k2z +

(
π

Lx

(nx + 1)

)2

+

(
π

Lx

(ny + 1)

)2

Où nx/y est un entier naturel et Lx/y la taille du plot. Bien entendu kz est lui aussi
quantifié via la cavité. On remarquera que dans le cas d’un plot carré Lx = Ly alors les
niveaux tels que nx 6= ny sont dégénérés en énergie comme représentés sur la figure 2.6.

Intéressons-nous maintenant plus particulièrement aux processus paramétriques.
Nous avions dit que pour observer un processus paramétrique il faut accord de phase. k
n’étant plus un nombre quantique adéquat, il nous faut regarder de plus près l’intégrale
de recouvrement (2.8) qui dépend fortement, comme nous allons le voir, des deux
nouveaux nombres quantiques (nx, ny). On se limitera dans la suite aux quatre premiers
niveaux de notre plot. Parmi la zoologie des valeurs de Πijkl seuls quelques-uns sont
non nuls, résumés ici :

Πijkl =





9

4LxLy

si i = j = k = l (cas 1)

3

2LxLy

si i = j = (0, 0) ou (1, 1) et k = l = (1, 0) ou (0,1) (cas 2)

1

LxLy

si i = j = (0, 0) et k = l = (1, 1), ou i = j = (1, 0) et
k = l = (0, 1), ou i 6= j 6= k 6= l (cas 3)

0 sinon
(2.10)

On remarque que pour avoir Πijkl 6= 0, il faut que la somme des indices nx et ny

soit paire. Cette intégrale ne prend pas en compte la conservation de l’énergie. En la
prenant en compte, nous avons les règles de sélection des processus de diffusion possible
qui peuvent être représentées comme sur la figure 2.7. On peut distinguer plusieurs
processus distincts. Tout d’abord, l’effet Kerr (en bleu figure 2.7) qui correspond au cas
1 (2.10) qui fait interagir deux polaritons et donne deux nouveaux polaritons, tout ça
dans le même état. Cet effet est présent pour chaque niveau. Ensuite, on a l’interaction
d’échange entre deux polaritons (en vert figure 2.7), ou deux polaritons de niveaux
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distincts via l’interaction échangent de niveau. Ici aussi, tous les niveaux peuvent être
combinés deux à deux. Et enfin, la conversion paramétrique qui nous intéresse tout
particulièrement (en rouge figure 2.7) qui à un polariton du niveau 2 = (0, 1) et un de
3 = (1, 0) fait correspondre un en 1 = (0, 0) le fondamental et un en 4 = (1, 1).

E
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e

(0, 0)

(1, 1)

(0, 1)(1, 0)

(0, 2)(2, 0)

Figure 2.7 – Schéma des niveaux polaritoniques d’un plot carré. Représenté en différentes
couleurs ici les différents processus paramétriques dûs à l’interaction Coulombienne (ne sont
représentés que les processus où il y a conservation de l’énergie). En bleu, un processus à un
mode qui donne lieu à l’effet Kerr. Le processus en vert est dit d’échange car il intervertit deux
polaritons de niveau different. Et enfin, en rouge le processus à quatre modes de conversion

parametrique.

Sur ce schéma (figure 2.7), une approximation a été faite. On suppose que les ni-
veaux 1 et 4 sont équidistants en énergie de 2 et 3. On peut montrer que pour obtenir
cette condition il faut en première approximation une fréquence de Rabi plus de 3 fois
plus grande que ω1. Autant dire que nous en sommes loin. Malgré cela rien n’empêche
le processus d’avoir lieu. La raison principale est qu’il faut prendre en compte l’élargis-
sement des modes γ. Si l’écart à l’accord en énergie est inférieur à γ, alors le processus
est possible. Dans les conditions simulées qu’on analysera dans la partie D, le désaccord
moyen est de ~(ω4 −ω2 +ω1 −ω3)/2 ≈ 0.08 meV alors que la largeur de raie moyenne
des excitons et des photons est de γ = 0.15 meV, par exemple. Un autre facteur à
prendre en compte lorsque l’on parle d’accord en énergie est le décalage vers le bleu
que subissent les polaritons, dû à leurs interactions. Mais nous y reviendrons dans la
partie suivante.

Notre plot est décrit avec le Hamiltonien (2.7) dans sa base propre et nous avons
vu que la conversion paramétrique était possible. Attardons-nous plus longuement sur
ce processus.
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C Oscillation paramétrique (2,3) → (1,4)

Maintenant que nous avons bien décortiqué notre système, via son Hamiltonien,
et posé le modèle utilisé, nous allons pouvoir nous intéresser plus spécifiquement au
processus paramétrique (2,3) → (1,4). Où 1 = (0, 0) le niveau fondamental qui cor-
respondra au signal, 2 = (0, 1) et 3 = (1, 0) les niveaux de pompe et 4 = (1, 1) le
complémentaire. On va donc dans un premier temps (partie C.1) écrire les équations
dans l’approximation du champ moyen. Après quoi, dans la partie C.2, nous inclurons
des perturbations autour du champ moyen pour voir se réaliser le processus paramé-
trique souhaité. Et enfin, nous terminerons cette partie (partie C.3) par l’étude des
corrélations entre les modes oscillants.

C.1 Équations du champ moyen et solutions stationnaires

Ici, nous cherchons avant tout à déterminer la solution stationnaire de notre sys-
tème. Nous avons quatre états à considérer. Pour ce faire, on utilise la représentation
d’Heisenberg (2.11) qui nous permet de déterminer les équations du mouvement pour
les différents opérateurs de notre système.

i~
dâ

dt
= [H, â] (2.11)

En partant de la base exciton-photon propre au pilier (2.7), on trouve :

i
dâi
dt

=
(
ωi
C − i

γC
2

)
âi + ΩRb̂i + Fi(t)e

−iωpt (2.12a)

i
db̂i
dt

=
(
ω0
X − i

γX
2

)
b̂i + ΩRâi + 2

∑

jkl

gijklb̂j
†
b̂kb̂l (2.12b)

avec gijkl =
g

2
Πijkl l’interaction exciton-exciton dans la base du pilier.

D’après ce que l’on a vu dans la partie B.2, l’oscillation paramétrique peut avoir
lieu lorsque l’on pompe les niveaux 2 et 3. On peut donc négliger dans un premier
temps la population des modes 1 et 4. Ce qui s’écrit bi = 〈b̂i〉 et ai = 〈âi〉 pour
i = 2 ou 3 alors que pour i = 1 ou 4 on pose b̂i = âi = 0. On pose 〈âi〉 = assi e

−iωpt et
〈b̂i〉 = bssi e

−iωpt avec assi et bssi correspondant aux solutions stationnaires (approximation
de l’onde tournante). Ce qui nous donne à partir des équations (2.12), pour les niveaux
2 et 3 pompés, les équations du champ moyen suivantes :

−Fi =
(
ωi
C − ωp − iγC

2

)
assi + ΩRb

ss
i

0 =
(
ω0
X − ωp − iγX

2
+ 2giiii|bssi |2 + 4giijj|bssj |2

)
bssi + 2giijjb

ss2
j bss†i e−i2ωpt + ΩRa

ss
i

avec i 6= j. Ici giijj = 1/LxLy (voir les équations (2.10)). Dans la base polaritonique,
cela donne :

−Fi =
(
ωi
LP − ωp − i

γLP
2

+ 2gLPiiii |pssi |2 + 4gLPiijj |pssj |2
)
pssi + 2gLPiijj p

ss2
j pss†i e−i2ωpt (2.13)
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Attardons-nous un instant sur ce champ moyen et sur les informations que nous
pouvons en tirer. Dans l’équation (2.13), on a le terme 2gLPiiii |pssi |2 qui fait interagir le
mode i avec lui même et qui dépend de la densité de polariton dans ce mode. Cela
a pour effet de créer un décalage vers le bleu (augmentation de l’énergie) du niveau
considéré lorsque la densité augmente. Comme nous le verrons par la suite, cet effet
est loin d’être anecdotique. Le terme 4gLPiijj |pssj |2 est similaire, à l’exception près que
cette fois c’est la densité du mode j qui va modifier l’énergie du mode i. Précisons que
4giijj ≈ 2giiii ce qui signifie que cet effet est signifiant.
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Figure 2.8 – Décalage moyen des modes pompés normalisé par la largeur des modes γLP
induit par l’intensité de pompe Ip intracavité pour différents désaccords entre l’énergie des
polaritons des modes 2 et 3 et l’énergie de pompe ∆p. Les paramètres sont Lx×Ly = 3×3.2 µm,
~ω0

X = 1605.6 meV, ~ωC(0) = 1601.7 meV, γC = γX/2 = 0.1 meV, kz = 27 µm−1, ΩR =
7.5 meV et gef = 0.015 meV.

La figure 2.8 montre comment varie le champ moyen des modes de pompe (l’équa-
tion (2.13)) en fonction de l’intensité de pompage intracavité. Pour être plus précis,
c’est le rapport entre le décalage en énergie des niveaux pompés et leur largeur qui
est tracé. Le paramètre clef de cette équation est le décalage moyen entre les modes
pompés et l’énergie de la pompe ∆pi = ωi

LP − ωp. Ici on prendra ∆p = (∆p2 +∆p3)/2.
Lorsque ∆p > 0 (pompe décalée vers le rouge) la courbe a une allure en racine. Plus
l’excitation sera importante, plus le shift des niveaux va être important. Et plus il est
important plus la pompe est décalée et donc interagit peu avec les niveaux. Mainte-
nant lorsque ∆p < 0 (pompe décalée vers le bleu), on a un tout autre type de courbe.
C’est une courbe typique d’une bistabilité. Trois zones peuvent être distinguées. La
première, lorsque l’intensité de la pompe est faible. Dans ce cas, on peut négliger les
termes d’interaction car la densité est très faible. Les équations du champ moyen de-
viennent donc linéaires d’où son nom de régime linéaire. Le second est la partie de la
courbe où elle rebrousse chemin. Il apparaît lorsque les décalages pompe-polariton est
du même ordre que le shift subi par les niveaux. Puis, vient le régime non-linéaire,
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qui a un profil en racine comme lorsque que ∆p > 0. Dans ce cas, le décalage effectif
(décalage polariton-pompe plus les termes de shift) est positif, donc la pompe est de
moins en moins bien couplée à ces modes. Cette courbe bistable du champ moyen nous
intéressera plus particulièrement dans le chapitre 3.

Comme nous avons pu voir les équations des champs moyens nous donnent beaucoup
d’informations sur la relation entre la pompe et les niveaux excités. Par contre, à aucun
moment le processus qui nous intéresse n’apparaît : l’oscillation paramétrique. Pour le
faire apparaître, il nous faut regarder la stabilité de notre solution stationnaire liée au
champ moyen, c’est à dire les fluctuations autour de ce champ moyen.

C.2 Fluctuations autour du champ moyen

Pour étudier la stabilité de la solution stationnaire nous allons supposer que les
états sont définis comme la somme d’un champ moyen et d’une perturbation : p̂i =
〈p̂i〉+ δp̂ie

−iωpt = (pssi + δp̂i)e
−iωpt. Soit d’après ce qui a été dit précédemment :

p̂1 = δp̂1e
−iωpt

p̂2 = (pss2 + δp̂2) e
−iωpt

p̂3 = (pss3 + δp̂3) e
−iωpt

p̂4 = δp̂4e
−iωpt .

On peut définir les équations du mouvement de ces perturbations de la même façon
que ce qui vient d’être fait pour le champ moyen. Soit :

δφ(t) =
(
δp̂1(t), δp̂2(t), δp̂3(t), δp̂4(t), δp̂

†
1(t), δp̂

†
2(t), δp̂

†
3(t), δp̂

†
4(t)

)T

.

On aura l’équation d’évolution de nos perturbations :

i
d

dt
δφ(t) = L · δφ(t) (2.14)

C’est les valeurs propres de matrice L(〈p̂2〉, 〈p̂3〉, t) qui vont nous intéresser. La partie
imaginaire de ces dernières est associée aux pertes du système. La résolution du système
d’équations différentielles décrit par L(t) comportera une exponentielle du type : e−γt

avec γ la partie imaginaire des valeurs propres. Donc si γ < 0 on aura une divergence
de la perturbation. On considère que les valeurs associées de 〈p̂2〉 et 〈p̂3〉 sont instables.
Voyons de quoi est composé L(t).

En prenant en compte l’existence ou non d’un champ moyen non nul et en nous
limitant aux perturbations au premier ordre, on trouve :

i
dδp̂i
dt

=
(
ωi
LP − ωp − i

γLP
2

)
δp̂i + 2

{1,2,3,4}∑

j

{2,3}∑

pq

gijpq

(
2〈p̂†p〉〈p̂q〉δp̂j + 〈p̂p〉〈p̂q〉δp̂†j

)

Pour ce qui est du terme non linéaire on a une première somme sur tous les indices et
une seconde seulement sur les indices des niveaux pompés 2 et 3.
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Suivant les propriétés de gijkl la relation peut se simplifier en :

i
dδp̂i
dt

=
(
ωi
LP − ωp − i

γLP
2

)
δp̂i + 2

{2,3}∑

p

gjjpp

(
2|pssp |2δp̂i + pss2p δp̂†ie

2iωpt
)

+ 2

{1,2,3,4}∑

i 6=j

{2,3}∑

p 6=q

gijpq

(
2〈p̂†p〉〈p̂q〉δp̂j + 〈p̂p〉〈p̂q〉δp̂†j

)
(2.15)

Les informations liées au processus d’oscillation sont contenues dans le dernier terme.
On peut donc maintenant écrire la matrice de Bogoliubov L liée à notre système.

Avant de le faire, remarquons que nous avons quatre états et leurs conjugués soit
une matrice 8 × 8. Ici nous avons pris en compte tous les processus décrits dans la
partie B.2. De plus, les fluctuations des modes de pompes ne nous intéressent pas
particulièrement. Tout cela pour dire que nous allons nous restreindre dans la matrice
L aux seules fluctuations des niveaux 1 et 4. Ce qui donnera une matrice 4 × 4. En
faisant cela, on néglige les effets Kerr présents sur les niveaux de pompe ainsi que celle
d’échange entre ces derniers et les niveaux oscillants. On a donc δp̂2 = δp̂3 = 0 et pour
j = {1,4} on trouve :

i
dδp̂i
dt

=
(
ωi
LP − ωp − i

γLP
2

)
δp̂i +

g0
LxLy

(
4〈p̂†2〉〈p̂3〉δp̂j + 4〈p̂†3〉〈p̂2〉δp̂j + 4〈p̂2〉〈p̂3〉δp̂†j

+ 6|pss2 |2δp̂i + 3pss22 δp̂†i e
2iωpt + 6|pss3 |2δp̂i + 3pss23 δp̂†i e

2iωpt
)

(2.16)

Cela donne la matrice L(t) suivante :

L = (2.17)


∆1
LP + 6gp|pssp |2 4gp〈p̂†p〉〈p̂q〉 3gppss2p 2gp〈p̂2〉〈p̂3〉
4gp〈p̂†p〉〈p̂q〉 ∆4

LP + 6gp|pssp |2 2gp〈p̂2〉〈p̂3〉 3gppss2p

−3gppss∗2p −2gp〈p̂†2〉〈p̂†3〉 −∆1∗
LP − 6gp|pssp |2 −4gp〈p̂†p〉〈p̂q〉

−2gp〈p̂†2〉〈p̂†3〉 −3gppss∗2p −4gp〈p̂†p〉〈p̂q〉 −∆4∗
LP − 6gp|pssp |2




Avec ∆i
LP = ωi

LP −ωp− iγLP

2
, gp = 2g0/LxLy, |pssp |2 = (|pss2 |2 + |pss3 |2) /2, 〈p̂†p〉〈p̂q〉 =

(〈p̂†2〉〈p̂3〉+ 〈p̂†3〉〈p̂2〉)/2, pss2p = (pss22 + pss23 )e2iωpt/2.
La diagonalisation de cette matrice de Bogoliubov nous donne une série de valeurs

propres ω±
i associées aux différents modes i qui dépendent de la population dans les

modes pompés pss2 et pss3 . Lorsqu’il n’y a pas d’excitation, on a les valeurs propres
suivantes : ω±

i (0) = ±ωi − iγi/2 avec γi = γLP . Sur la figure 2.9, on peut voir à gauche
ces valeurs propres (partie réelle et imaginaire) en fonction du champ moyen. On peut
en déduire la stabilité de la solution stationnaire qui est représentée à droite par la
même courbe que sur la figure 2.8 (∆p = 0 meV) avec en noir la partie stable et en
couleur la partie instable. Partie instable qui est associée à des valeurs pour lesquelles
la partie imaginaire d’au moins un des ω±

i (p
ss) est supérieure à zéro (en violet pour

deux et en rouge pour une). Sur la partie imaginaire, la zone A en violet définit une
zone d’instabilité. Pour ce qui est de la partie réelle, cela correspond au point où l’on a
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ℜ(ω∓
1 ) = ℜ(ω±

4 ). Cela nous indique que ce sont ces deux modes qui interviennent dans
l’instabilité et donc que nous avons notre processus de type paramétrique. La zone
B en rouge indique une autre zone d’instabilité concernant une seule valeur propre.
C’est donc une autre forme d’instabilité pour laquelle c’est ω±

1 qui intervient ce qui
indique une instabilité de type Kerr. On voit sur la partie réelle d’ailleurs qu’on a
ω−
1 = ω+

1 . Notons que le niveau 1 est situé sous l’énergie de la pompe, l’interaction
entre polaritons tendra donc à le rapprocher de la pompe. C’est ce qui se passe dans
cette zone B où l’énergie renormalisée des polaritons coïncide avec l’énergie de pompe
ce qui permet cet effet Kerr. Et enfin, la zone C en violet comme la A fait intervenir
deux valeurs propres. Cela dit, le type d’instabilité est ici moins évident à déterminer.
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Figure 2.9 – Champ moyen et stabilité. À gauche la partie réelle et imaginaire des valeurs
propres de L en fonction du champ moyen (~gp|pssp |2). Les paramètres sont identiques à ceux

de la figure 2.8 avec ∆p = −0.2 meV.

Sur la courbe du champ moyen, sont indiqués sur les parties bicolores (noir et
couleur) les écarts trouvés entre les résultats obtenus avec la matrice (2.17) et la matrice
prenant en compte aussi les perturbations dans les modes de pompe 2 et 3. L’écart
trouvé est important pour la zone B et C mais bien plus négligeable pour la zone A, ce
qui nous conforte dans l’utilisation de ce modèle simplifié pour l’étude de l’oscillation
paramétrique dans la zone A.

Toute la démarche précédente peut être réalisée à partir de la base exciton-photon.
Des résultats analogues seront obtenus. Il est important de noter qu’avec ce modèle,
on peut clairement voir que les fluctuations des niveaux oscillants donnent lieu à l’os-
cillation paramétrique. Quant à la nature des fluctuations, les niveaux n’étant en in-
teraction qu’avec le bain extérieur et avec le réservoir excitonique (voir chapitre 1),
ce sont bien les fluctuations quantiques du vide ou forces de Langevin qui permettent
cette oscillation.

Qui dit processus paramétrique dit, corrélation quantique. Intéressons-nous main-
tenant sur le calcul de ces corrélations.
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C.3 Corrélations dans le modèle analytique

Ce sont bien entendu les corrélations entre les modes oscillants 1 et 4 qui vont
nous intéresser. Dans le modèle décrit dans la partie B, nous n’avons pas fait intervenir
le bruit quantique du vide. Nous avons juste considéré des fluctuations de nos modes
propres. Partant de l’équation (2.14) à laquelle nous ajoutons un terme de bruit, on
obtiendra une équation de Langevin de nos perturbations [25] :

i
d

dt
δφ(t) = L.δφ(t) + fL (2.18)

Ici fL est un vecteur des forces de Langevin (F i
L) qui, à chaque niveau propre des

polaritons, associe un bruit (blanc) qui modélise la fluctuation du vide. Par définition,
〈F i

L〉 = 0 la valeur moyenne de la fluctuation du vide (ou force de Langevin) est nulle.
On pourra donc écrire dans la base polaritonique et dans l’espace des fréquences :




δp̂1[ω]
δp̂2[ω]
δp̂3[ω]
δp̂4[ω]

δp̂†1[2ωp − ω]

δp̂†2[2ωp − ω]

δp̂†3[2ωp − ω]

δp̂†4[2ωp − ω]




= G[ωp, ω]




F̃ 1
L [ω]

F̃ 2
L [ω]

F̃ 3
L [ω]

F̃ 4
L [ω]

−F̃ 1†
L [2ωp − ω]

−F̃ 2†
L [2ωp − ω]

−F̃ 3†
L [2ωp − ω]

−F̃ 4†
L [2ωp − ω]




Avec G = −(ωI+ L)−1, où I est la matrice identité.
Sachant que σ−(0)(τ) rend compte des corrélations du bruit du nombre de polaritons

dans les modes 1 et 4, on peut l’écrire en fonction des perturbations des opérateurs de
création et d’annihilation, comme écrit dans l’équation (2.3). Alors on aura pour τ = 0
et δp̂i = p̂i − 〈p̂i〉 :

σ−(0) =

∫
dω

2π
Sσ− [ω] =

1

〈n̂+〉

∫ ∫
dω

2π

dω′

2π
〈δn̂−[ω]δn̂−[ω′]〉e−i(ω+ω′)t0 (2.19)

Avec δn̂± = δn̂1±δn̂4 = δp̂†1δp̂1±δp̂†4δp̂4. Notons que dans notre étude des corrélations
entre les bruits d’intensité des modes 1 et 4 on a n̂+ = n̂1 + n̂4. Ce qui nous donne
pour la fluctuation sur le nombre de particules du mode i :

δn̂i[ω] =

∫
dω′

8∑

j=1

(
Gi,j[ωp, ω]G†

j,i[ωp, ω
′]
)
fL[ω] ∗ f ∗T

L [ω′]

Avec Gi,j les éléments de la matrice G et fL le vecteur des forces de Langevin dans
l’espace des fréquences. Sachant que 〈F̃ i

L[ω]F̃
j†
L [ω′]〉 = 4πΓ[ω]δ(ω − ω′)δij et comme

nous l’avons dit dans le chapitre 1 on considère que Γ[ω] = γ/2. Pour être plus exact,
on doit prendre Γ[ω] = Θ[ω]γ/2 avec Θ[ω] la fonction Heaviside. Cela nous permet
de ne pas prendre en compte ce qui se passe pour ω < 0, qui correspond à des effets
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remontant le temps... et donc peu de rapport avec le monde physique étudié. Alors on
peut écrire que

〈δn̂i[ω]〉 = 2πγΘ[ω]
8∑

j=1

Gi,j[ωp, ω]G†
j,i[ωp,−ω]

Mais d’après l’équation (2.19), nous avons besoin de 〈δn̂i[ω]δn̂j[ω
′]〉 qui s’exprime

comme suit :

δn̂i[ω]δn̂j[ω
′] =

∫ ∫ 8∑

k=1

(
Gi,k[ωp, ω]G†

k,i[ωp, ω
′′]
) 8∑

k=1

(
Gj,k[ωp, ω

′]G†
k,j[ωp, ω

′′′]
)

×fL[ω] ∗ f ∗T
L [ω′′] ∗ fL[ω′] ∗ f ∗T

L [ω′′′]dω′′dω′′′

Avec {fL[ω] ∗ f ∗T
L [ω′′] ∗ fL[ω′] ∗ f ∗T

L [ω′′′]}ij = fLi[ω]f
∗
Lj[ω

′′′]
∑8

k=1 (f
∗
Lk[ω

′′]fLk[ω′]) donc
la moyenne vaut :

{〈fL[ω] ∗ f ∗T
L [ω′′] ∗ fL[ω′] ∗ f ∗T

L [ω′′′]〉}ij =
{

32π2γ2Θ[ω]Θ[ω′]δ(ω − ω′′′)δ(ω′ − ω′′)
0 si i 6= j

Donc on a :

〈δn̂i[ω]δn̂j[ω
′]〉 =32π2γ2Θ[ω]Θ[ω′]

×
8∑

k=1

(
Gi,k[ωp, ω]G†

k,i[ωp,−ω′]
) 8∑

k=1

(
Gj,k[ωp, ω

′]G†
k,j[ωp,−ω]

)

Reste à intégrer les différents coefficients 〈δn̂i[ω]δn̂j[ω
′]〉 sur ω′ pour avoir la densité

spectrale de bruit et à faire de même sur ω pour avoir la fonction de corrélation à
τ = 0.

Notons que cette démarche a une sérieuse limite. Elle n’est, bien entendu valable
que lorsque le champ moyen est stable. Par conséquent, on ne peut avoir accès qu’aux
corrélations juste avant ou juste après le régime d’oscillation. Car ce dernier, comme
nous l’avons dit, se traduit par une instabilité du champ moyen. Les résultats sont re-
présentés sur la figure 2.10. On peut voir autour de la zone A en violet, identifiée dans la
partie C.2 comme une zone d’instabilité paramétrique, que les corrélations chutent très
fortement en dessous de 1. Pour ce qui est des deux autres zones B et C les corrélations
entre les modes 1 et 4 sont très mauvaises à leur proximité. Cela vient du fait que ces
zones d’instabilité sont générées par des processus nonlinéaires autres que l’oscillation
des modes 1 et 4. Contrairement à ce qui a été décrit dans les équations précédentes,
les calculs représentés sur les courbes de la figure 2.10 correspond aux corrélations
entre les bruits photoniques des modes 1 et 4 et non pas celles des bruits polarito-
niques. Si les équations n’ont pas été explicitées ici, c’est pour la simple raison qu’elles
sont très volumineuses. G dans la base excito-phonique est une matrice 16 × 16. Les
résultats représentés correspondent à cette base par souci de réalisme. Les mesures ex-
périmentales étant réalisées sur le champ photonique, les valeurs calculées le sont aussi.

On s’attend donc à observer de très fortes corrélations entre le signal et le complé-
mentaire dans le régime d’oscillation paramétrique. Pour aller plus loin, il nous faut
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Figure 2.10 – Fonction de corrélation normalisée, en bleu et la population dans les modes de
pompe en fonction du décalage excitonique des modes de pompes. Comme pour la figure 2.9,
les zones A, B, et C définissent les instabilités du champ moyen. Les paramètres sont les

mêmes que pour la figure 2.8.

recourir à des techniques numériques permettant de prendre en compte ces fluctuations
ou bruits quantiques aussi que le caractère multimode de notre système. En effet, avec
ce modèle théorique du champ moyen, on assume que les perturbations sont très petites
devant ce champ moyen. Ce qui dans le régime d’oscillation paramétrique n’est plus
vrai, car la population est macroscopique dans les états oscillants 1 et 4. C’est donc
la principale limitation de ce modèle. La technique numérique utilisée quant à elle, a
pour avantage de ne pas nous limiter aux approximations précédentes.

D Résultats numériques et comparaisons avec l’expé-
rience

Les résultats présentés dans cette partie ont été exposés dans un article publié en
2010 [26] dans lequel l’oscillation paramétrique a été démontré dans les micropiliers.
Les expériences ont été réalisées au Laboratoire de Photonique et Nanostructures (LPN)
du CNRS à Marcoussis, en France par l’équipe dirigée par Jacqueline Bloch. Le propos
de cet article était de confronter les résultats expérimentaux à des simulations numé-
riques de type Monte Carlo quantique. Ce sont ces dernières qui vont nous intéresser
tout particulièrement. Nous allons dans un premier temps expliquer succinctement en
quoi consiste une simulation Monte Carlo, pour ensuite nous intéresser à la caracté-
risation du système ou comment, depuis les données expérimentales, nous remontons
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jusqu’aux paramètres de nos simulations (partie D.1). Nous regarderons et commente-
rons ensuite les résultats obtenus, bien évidemment en regard de ceux obtenus par les
expériences (partie D.2). Nous finirons cette partie ainsi que ce chapitre (partie D.3)
par une discussion sur le caractère multimode de notre système et sur les effets que
cela a sur le calcul des corrélations.

D.1 Présentation des simulations Monte Carlo quantiques

Avant de parler des résultats obtenus, il nous faut présenter en quoi consiste une si-
mulation Monte Carlo quantique et plus précisément en quoi consistent nos simulations.
Pour étudier l’oscillation paramétrique dans notre système de façon complète et son
évolution, nous cherchons les solutions numériques des équations stochastiques de la
représentation de Wigner des champs bosoniques du photon et de l’exciton. Avec cette
technique, nous sondons la dynamique du système, en prenant en compte son caractère
multimode, indispensable à la compréhension des phénomènes en jeu dans une telle
configuration. Dans le modèle théorique présenté précédemment, seuls quatre modes
sont pris en compte. Ici tous les modes possibles le sont. Le caractère multimode en op-
tique quantique est loin d’être anecdotique, produisant des effets très importants [27].
Cet algorithme Monte Carlo nous donne aussi accès aux fluctuations autour du champ
moyen, quelques soient leurs intensités.

Pour une description de l’algorithme utilisé dans ce travail et des équations asso-
ciées, ainsi qu’une définition de ce qu’est un algorithme Monte Carlo quantique, je
renvoie le lecteur à l’annexe A. Disons seulement que l’algorithme originellement déve-
loppé par I. Carusotto et C. Ciuti en 2005 [28] est basé sur les excitons et les photons
de cavité et non sur les polaritons. Le code correspondant a été initialement écrit pour
simuler des cavités planaires [12, 28]. Pour passer à une géométrie 0D, il suffit d’im-
plémenter le profil du potentiel de la cavité VC(x) comme indiqué équation (2.6). Le
potentiel extra-pilier ne pouvant être infini, il a été choisi une énergie de 500 meV qui
au vu de la fenêtre d’énergie dans laquelle nous travaillons (la dizaine de meV), est
très grande. Dés à présent, voyons quels en sont les autres paramètres pertinents et
comment ils ont été déterminés.

Paramètres du Monte Carlo

Le paramètrage des simulations Monte Carlo est réalisé à partir des données ex-
périmentales obtenues au LPN. Le spectre de luminescence réalisé par excitation non
résonnante est représenté en rouge sur la figure 2.11. À partir de l’énergie des différents
pics, on peut remonter jusqu’aux paramètres qui vont nous intéresser. Après extra-
polation linéaire (sans prendre en compte l’interaction polariton-polariton) on obtient
la courbe en pointillés noirs. Si on simule avec ces mêmes paramètres, c’est la courbe
bleue que l’on obtient. Cette dernière n’est pas obtenue avec une simulation d’excita-
tion non résonante (cela n’est pas réalisable avec notre programme car il ne prend pas
l’interaction exciton-phonon en compte) mais avec une simulation d’un pulse localisé
spatialement et temporellement (δt = 0.05 ps et δx = 0.05 µm). La composante tem-
porelle du pulse nous permet d’exciter toutes les énergies relevantes de notre système
et la composante spatiale, tous les moments. Plusieurs remarques peuvent être faites.
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Figure 2.11 – Spectre de luminescence non-résonante d’un pilier de 3×3.2 µm. En rouge les
résultats expérimentaux, en bleu le spectre d’absorption obtenu numériquement et en pointillés
noirs le calcul analytique (régime linéaire) avec les mêmes paramètres que ceux du Monte
Carlo. La courbe bleue est obtenue à l’aide d’une excitation gaussienne temporellement et
spatialement localisée (δt = 0.05 ps et δx = 0.05 µm) à une énergie quasi-résonnante (∆p =
Ep − (E2 + E3)/2 = 1.5 meV). Les autres paramètres sont ~ω0

X = 1605.6 meV ; ~ωC(0) =
1601.7 meV, γC = γX/2 = 0.1 meV, kz = 27 µm−1, ΩR = 7.5 meV et g = 0.01 meV. Ce

sont les mêmes paramètres que pour la figure 2.8.
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Tout d’abord, on remarque sur la courbe expérimentale de la figure 2.11 que le
second pic est dédoublé. Cela vient de la levée de la dégénérescence des niveaux (2) et
(3) qui est dû au fait que le pilier n’est pas exactement carré. Cette asymétrie donne
ce léger espacement de leur énergie. À partir de cet espacement, on remonte facilement
à la taille du plot qui est approximativement de 3× 3.2 µm.

L’énergie des excitons est quant à elle évaluée à 1605.6 meV et pour les photons de
cavité planaire équivalente à k = 0 µm−1 à 1601.7 meV. La largeur de raie des excitons
elle est prise égale à 0.2 meV pour les excitons et 0.1 meV pour la cavité. Pour les
autres paramètres on a kz = 27 µm−1, ΩR = 7.5 meV et g = 0.01 meV. Ces paramètres
sont obtenus par les expérimentateurs.

Reconstruction des modes d’oscillation

L’idée est ici, à partir du spectre 2.11, de reconstruire la distribution impulsionnelle
des modes. Ce qui revient à filtrer spectralement la fluorescence. Les résultats expé-
rimentaux, numériques et analytiques, sont dessinés sur la figure 2.12. Cette recons-
truction est faite dans l’espace réciproque mais peut très bien être faite dans l’espace
réel.
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Figure 2.12 – Reconstruction des quatre premiers modes propres du pilier. En haut en cuivre
les profils obtenus grâce au calcul analytique (équation (2.20)) pour les mêmes paramètres que
la figure 2.11. Au centre, en gris, les résultats numériques pour les mêmes paramètres que la
figure 2.11 et en bas, en échelle de couleurs, les résultats de l’expérience pour une excitation

non résonante.

Sachant que ni(x) = 〈Ψ̂†
i (x)Ψ̂i(x)〉 = φ2

i (x)〈â†i âi〉, on en déduit que seul φ2
i (x) nous

intéresse. Pour passer dans l’espace réciproque, une transformée de Fourier nous donne
la distribution à attendre : |F(φi(x),k)|2 = |

∫
dxφi(x)eikx|2/

√
LxLy. Car ni(k) =
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〈F(Ψ̂†
i (x),k)F(Ψ̂i(x),k)〉 = |F(φi(x),k)|2〈â†i âi〉. Analytiquement on trouve :

F(φi(x),k) =
−1

2LxLy

(
αj(kx) + βj(kx)

)(
αj(ky) + βj(ky)

)
(2.20)

Avec :

αi(ku) =





iLu si ku = − π
Lu
(ni,u + 1)

(−1)ni,u+1eikuLu − 1
π
Li
(ni,u + 1) + ku

sinon

βi(ku) =





iLu si ku = − π
Lu
(ni,u + 1)

(−1)ni,u+1eikuLu − 1
π
Lu
(ni,u + 1)− ku

sinon

On voit donc bien sur la figure 2.12 la correspondance entre théorie, simulations et
résultats expérimentaux. Cela nous conforte d’autant plus, à la fois sur la validité de
notre modèle et sur celle de nos simulations.

Avant de se focaliser sur l’oscillation paramétrique, il nous reste une subtilité quant
à l’excitation, à préciser.

Subtilité de l’excitation

Pour le moment, nous n’avons pas particulièrement focalisé notre attention sur
l’excitation du système. L’effet dont nous allons parler n’est pas facile à distinguer
expérimentalement, mais il est important à signaler car numériquement il a beaucoup
d’importance et aide à la compréhension de la physique liée à notre système.

Comme nous l’avons dit, pour obtenir l’oscillation paramétrique de notre système il
nous faut l’exciter à résonance avec les niveaux (2) et (3). Précédemment nous avons dit
qu’une faible levée de dégénérescence avait lieu dans le système étudié. Cette dernière
n’aura que très peu d’influence sur la dynamique de notre système étant donné qu’elle
est du même ordre que la largeur en énergie de nos modes. Par contre, la position de
la pompe sur le pilier va être déterminante comme le montre la figure 2.13.

On peut noter que lorsque la pompe est parfaitement centrée sur le pilier et à réso-
nance avec les mode (2) et (3), la population dans ces modes est nulle (figure 2.13.a).
Seul le mode (1) est légèrement peuplé et ce, dû à la largeur du mode. Lorsque la
pompe est placée légèrement décalée verticalement alors, le mode (3) est fortement
peuplé (figure 2.13.b). La population du mode (2) n’est pas nulle, cela vient de l’in-
teraction d’échange entre ces deux modes que l’on a pu voir dans les équations du
champ moyen (2.13). Cela dit, elle est trop décalée pour donner lieu à un processus
paramétrique. Et enfin, lorsque la pompe est décalée verticalement et horizontalement
(figure 2.13.c), on peut observer un processus d’oscillation paramétrique ainsi qu’une
population homogène dans les modes (2) et (3). Rappelons qu’ici, les paramètres pour
ces trois simulations sont exactement les mêmes, à l’exception bien entendu de la po-
sition de la pompe.
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Figure 2.13 – Population dans les quatre premiers modes en fonction de la position de la
pompe. Simulation pour une excitation résonante avec les modes (2) et (3) pour un plot carré
de 4.15 µm. À gauche est indiquée la position relative de la pompe (cercle rouge) sur le pilier
(rectangle gris). (a) correspond à une excitation centrée sur le plot, (b) à une excitation centrée
verticalement et décalée horizontalement et (c) décalé verticalement et horizontalement. Les
paramètres sont ~ω0

X = 1607 meV, ~ωC(0) = 1599 meV, γC = γX = 0.1 meV, les autres
sont identiques à ceux de la figure 2.11. La puissance de pompe est la même pour les trois

configurations.

L’origine de ce phénomène est à chercher dans la distribution spatiale des modes
de pompe et dans l’intégrale de recouvrement entre la pompe et ces modes (2) et (3) :
Fi(t) explicitée dans la partie B.2. Pour une onde plane, quelque soit son énergie, on
aura toujours Fi(t) = 0 pour i 6= 1. Pour le cas d’un spot gaussien, cela dépendra de
sa position. S’il est centré sur la cavité, on aura comme pour l’onde plane Fi(t) = 0
pour i 6= 1. Cela explique pourquoi, sur la figure 2.13.a, seul le mode (1) présente une
population. À l’heure d’avoir un pompage symétrique horizontalement avec le plot, le
mode (3) et le mode (1) sont les seuls à avoir un recouvrement non nul. Comme nous
venons de le dire, la population dans le mode (2), qui apparaît sur la figure 2.13.b,
vient de l’important couplage qu’il existe entre les modes (2) et (3). Et enfin, lorsque
la pompe n’a pas de symétries communes avec le plot alors tous les modes ont un
recouvrement non nul et on peut alors injecter une population dans le ou les modes
souhaités comme dans la figure 2.13.c où les populations des modes de pompe sont
équivalentes et où on voit l’apparition de l’oscillation paramétrique des modes (2) et
(3) aux modes (1) et (4).

Comme cela a été dit, cela a peu d’application en pratique car la focalisation sur les
piliers est réalisée à l’aide d’un objectif de microscope et le spot a peu de chance d’être
une gaussienne parfaitement symétrique. Cependant, cela explique pourquoi l’injection
des polaritons dans les modes de pompe n’est pas si évidente. Des petits déplacements



D. Résultats numériques et comparaisons avec l’expérience 57

ou asymétries peuvent donner lieu à de grands changements dans l’injection. Dans ce
qui suit, nous allons nous intéresser à l’oscillation paramétrique. Pour les simulations
qui suivent, grand soin a été apporté à ne pas avoir une pompe présentant des symé-
tries relatives à celles du pilier, afin d’avoir une population dans les modes (2) et (3)
suffisante et homogène.

D.2 Oscillation paramétrique : numériques vs. expériences

Focalisons notre attention sur l’oscillation paramétrique et sur ses caractéristiques.
Pour ce faire, nous allons dans un premier temps, nous intéresser aux spectres du pilier
en excitation résonnante et à ses variations en fonction de la puissance d’excitation,
pour ensuite comparer les puissances du signal et du complémentaire.
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Figure 2.14 – Spectre en excitation résonnante du plot au niveau des modes (2) et (3) en
fonction de l’intensité de pompe normalisée à la puissance seuil (Pth). Résultats des simula-
tions Monte Carlo en (a) et de l’expérience en (b). Les paramètres des simulations sont les
mêmes que pour la figure 2.11 à l’exception du detuning laser-polariton qui est nul ici. Images

extraites de la référence [26].

Les spectres sont représentés sur la figure 2.14.a pour les simulations et 2.14.b pour
les résultats expérimentaux obtenus au LPN. La pompe est masquée car bien plus
intense que le signal et le complémentaire. Sur ces deux images, on observe bien la
présence d’un seuil avant lequel l’oscillation n’apparaît pas. Sur les résultats expéri-
mentaux avant le seuil, on arrive à distinguer faiblement les différents modes propres
du système comme les modes (1) et (4) ou encore les modes (5) et (6). Par contre, ils
ne sont pas visibles dans le cas des simulations. Cela vient de l’interaction avec les pho-
nons acoustiques qui n’a pas été pris en compte dans les simulations. Seront dénommés
respectivement signal et complémentaire les deux pics de part et d’autre de la pompe.
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Le signal étant celui à plus basse énergie (autour de 1597 meV) et le complémentaire
celui à plus haute (autour de 1605 meV).

On remarque cette fois sur les résultats numériques la présence d’un autre pic plus
faible proche de 1602 meV. Sa faible intensité le rend inobservable expérimentalement.
Si l’on filtre, comme on l’a fait dans la partie précédente, l’image est trop bruitée pour
en retirer quelques informations directement. Mais si l’on projette cette distribution
sur la base des états propres du plot (calcul de la fonction de corrélation spatial), on
trouve qu’il semble correspondre à un mélange des modes (1, 2) et (2, 1). C’est donc un
processus d’oscillation paramétrique parasite qui à partir de deux polaritons du mode
(1, 1) (mode (4)) donne soit un polariton dans le mode (0, 1) (mode (2)) et un dans le
mode (2, 1) ou un polariton dans le mode (1, 0) (mode (3)) et un dans le mode (1, 2).
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Signal Complémentaire

Fig. 2.15 – Reconstruction de la distribu-
tion dans l’espace réciproque après filtrages du
spectre de la figure 2.14, des modes oscillants.
À gauche, le signal et à droite le complémen-
taire. En haut, les résultats des simulations et

en bas, ceux des expériences.

Revenons au signal et au complémen-
taire. Les résultats de la reconstruction
de la distribution dans l’espace réciproque
en excitation résonnante sont dessinés fi-
gure 2.15. On y voit, encore une fois, que
les simulations et les expériences ont une
très bonne correspondance. Pour le si-
gnal, on observe un unique lobe et pour
le complémentaire quatre. Ces modes res-
semblent beaucoup aux modes (1) et (4).
Le signal correspond à 75% au mode
(1) et le complémentaire à environ 55%
au mode (4). Dans la partie suivante,
nous reparlerons de la relation entre mode
propre du pilier et mode d’oscillation pa-
ramétrique.

Maintenant que l’oscillation paramé-
trique est mise en évidence, concentrons-
nous sur les caractéristiques du signal et
du complémentaire.

Caractéristiques du signal et du complémentaire

C’est avant tout l’intensité, ainsi que la largeur spectrale de nos deux faisceaux,
qui va nous intéresser. Ces données sont représentées pour les simulations et pour les
expériences sur la figure 2.16. Les figures 2.16.a et 2.16.b correspondent à l’intensité
intégrée en fonction de la puissance de pompe. Un seuil apparaît au niveau duquel
les quatre courbes expérimentent un brusque changement, qui correspond au début de
l’oscillation paramétrique.

En ce qui concerne les figures 2.16.c et 2.16.d, c’est à dire la largeur spectrale du
signal et du complémentaire, plusieurs remarques peuvent être faites. Tout d’abord
sur les résultats expérimentaux on peut voir que dans le régime d’oscillation la largeur
semble saturée autour de 0.05 meV. Cela vient de la limite de résolution du spec-
tromètre utilisé. En ce qui concerne les simulations, pour plus de précision les pics,
correspondant au signal et au complémentaire, sont ajustés à une lorenztienne de la-
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Figure 2.16 – Caractéristiques de notre OPO en fonction de la puissance de pompe. À
gauche, (a) et (c) correspondent aux résultats expérimentaux et à droite, (b) et (d) aux si-
mulations pour les mêmes paramètres que la figure 2.14. En haut, les graphes (a) et (b)
correspondent à la variation de l’intensité intégrée du signal (cercles rouges) et du complé-
mentaire (carrés noirs) en fonction de l’intensité de pompe. En bas, les graphes (c) et (d)
reproduisent la largeur des pics en fonction de l’intensité de pompe. La zone hachurée définit

le régime d’oscillation paramétrique. Images extraites de la référence [26].
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quelle on déduit la largeur de ces pics. Que ce soit sur les simulations numériques ou
sur les données expérimentales, on observe au niveau du seuil une réduction drastique
de la largeur de raie de nos deux faisceaux.

On remarque sur les résultats numériques (figures 2.16.b et 2.16.d) que nous avons
extinction de l’oscillation. Cela se traduit bien évidement pas la diminution de l’inten-
sité intégrée des pics mais aussi pas un élargissement de ces derniers. Un tel phénomène
a aussi été observé expérimentalement. C’est sur ce phénomène peu commun que nous
allons nous attarder maintenant.

Extinction de l’OPO et accord de phase
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Figure 2.17 – Accord de phase. En trait plein rouge : l’énergie de la pompe ; en pointillés
noirs : l’énergie de la pompe plus et moins la largeur de raie des modes ; en cercles noirs :
l’accord de phase constaté entre le signal et le complémentaire : (Es + Ec)/2. Les points
rouges correspondent à l’accord de phase entre le mode (1) et (4) en tenant compte de la
renormalisation dûe à la population excitonique de chaque mode : (Ẽ1+Ẽ4)/2. Les paramètres

sont les mêmes que pour la figure 2.14.

Si nous nous reportons aux résultats du modèle analytique traités dans la partie
précédente, on peut voir sur la courbe du champ moyen 2.9 que la zone A d’instabilité
donnant l’oscillation paramétrique s’étend sur une certaine gamme d’énergie, suivie
d’une nouvelle zone de stabilité. Ce qui correspond à l’observation expérimentale et
numérique. Cet effet a déjà été prédit théoriquement [29] pour des cavités planaires
excitées à l’angle magique mais c’est la première observation expérimentale. Afin de
mieux comprendre les processus en jeu, concentrons-nous sur les résultats numériques.
Sur la figure 2.17, on peut voir différentes courbes traitant de l’accord de phase. Le
trait rouge correspond à l’énergie du laser de pompe. En cercle noir, on a l’accord de
phase constaté entre le signal, le complémentaire et la pompe : (Es + Ec)/2. L’accord
est vraiment très bon, bien que, comme cela a été dit dans la partie B.2, théoriquement
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on ne peut avoir accord parfait. Quant aux étoiles rouges elles indiquent l’accord de
phase estimé entre le mode (1) et (4) renormalisé par la population excitonique dans
le plot. Les traits en pointillés noirs correspondent à l’énergie du laser plus ou moins
la largeur des modes.

Ẽi = ~ω̃i =
ωi
C + ω0

X + gnX

2
− 1

2

√
(ωi

C − ωX + gnX)2 + 4Ω2
R

où nX = 〈ΨXΨ
†
X〉 la densité excitonique dans le plot.

On voit bien que c’est le décalage excitonique qui nous permet d’avoir un très bon
accord de phase. En effet, pour une pompe de faible intensité, donc une population
excitonique faible, le désaccord est d’environ 0.3 meV. Au fur et à mesure que cette
densité excitonique augmente, l’accord de phase s’affine jusqu’à être assez bon pour
permettre l’oscillation. Un bon accord de phase est défini par rapport à la largeur de
nos modes. On voit bien que l’oscillation se produit lorsque l’on a l’accord de phase
estimé, compris entre plus ou moins la largeur de raie des modes. Ensuite, la den-
sité devient si importante que l’accord de phase est détruit. C’est l’accord de phase,
dépendant de la densité excitonique, qui explique pourquoi l’oscillation a lieu malgré
les conditions initiales peu favorables, ainsi que, pourquoi notre OPO s’éteint lorsque
l’intensité d’excitation, donc la densité excitonique est trop importante.

Après avoir bien compris qualitativement et quantitativement l’oscillation paramé-
trique, notre attention va se porter sur les corrélations, ce qui va nous permettre de
mettre en évidence l’importance du caractère multimode du système.

D.3 Corrélation et modes "frustrés"

Nous avons vu que les simulations étaient en très bon accord avec les expériences.
Le modèle présenté dans la partie C semble lui aussi correspondre. Attardons-nous
sur cette correspondance. Dans un premier temps, nous allons exposer les résultats
numériques obtenus pour les corrélations entre les modes (1) et (4) et les comparer avec
ceux obtenus analytiquement. Ensuite, afin d’illustrer notre propos, nous étudierons les
résultats numériques obtenus pour une configuration proche de celle étudiée, ce qui nous
permettra d’observer plus clairement le caractère multimode du système.

Corrélation : révélateur de multimodalité

Ce sont les corrélations entre le bruit des modes 1 et 4 qui vont nous intéresser.
Les résultats de ces corrélations donnés par le modèle analytique sont présentés dans
la partie C.3, et nous indiquent que le signal et le complémentaire doivent être forte-
ment corrélés. Regardons les résultats obtenus avec les simulations. Pour ce faire, les
quadratures nécessaires ont été implémentées. C’est à dire : ni(t) et ni(t)nj(t) où
correspond aux moyennes sur les configurations du Monte Carlo (cf. Annexe A pour la
relation entre les opérateurs et les fonctions complexes des simulations Monte Carlo).

Comme le montre la figure 2.18, qui représente la fonction de corrélation du bruit
de la population des modes (1) et (4), les résultats ne sont pas ceux attendus. Ils sont
loin d’être en accord avec ce qui a été obtenu avec le modèle (figure 2.10). C’est sous le
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Figure 2.18 – Fonction de corrélation quantique normalisée entre les modes (1) et (4) en
fonction de la puissance de pompe, déterminé avec l’aide des simulations Monte Carlo. Les

paramètres sont les mêmes que pour la figure 2.14.

seuil d’oscillation que nous avons les meilleurs résultats, tout en restant loin de la limite
quantique standard. Au dessus du seuil, nous avons un excès de bruit très important
alors que nous nous attendions à de fortes corrélations. On peut donc conclure que
nous n’avons pas de corrélations quantiques entre les modes (1) et (4) dans ce régime
d’oscillation paramétrique.

Alors pourquoi avons-nous un tel écart entre notre modèle à 4 modes et les simula-
tions Monte Carlo multimodes ? Revenons à la figure 2.18. Dans le modèle analytique,
nous avons considéré que l’OPO oscillait dans les modes (1) et (4). Modes qui sont les
modes propres de notre système, comme nous l’avons vu sur la figure 2.12, en régime
linéaire. Mais cela ne signifie pas pour autant qu’il s’agit des modes oscillants. Sur la
figure 2.15, nous avons reconstruit la distribution des modes oscillants, dans laquelle
on observait l’oscillation. À première vue, ils ont une bonne concordance (en termes de
distribution) avec ceux utilisés dans le modèle. Si on calcule la fonction de corrélation
spatiale entre les modes (1) et (4) du modèle et ceux obtenus dans le régime d’oscil-
lation avec les simulations, on trouve une correspondance à 75% pour le signal avec le
mode (1) et de 55% pour le complémentaire avec le mode (4). Les modes oscillants sont
bien proches des modes du modèle mais ils ne correspondent pas exactement. Et c’est
ce désaccord qui va expliquer la mauvaise concordance des résultats. Les modes dans
lesquels nous avons l’oscillation sont des modes "frustrés". Ce sont des combinaisons
linaires des modes utilisés dans le modèle analytique. Le calcul de corrélation de bruit
σ− étant calculé sur la base du régime linéaire, les corrélations sont nécessairement
dégradées.

Pour illustrer pleinement ce caractère multimode, regardons les résultats obtenus
lorsqu’on change légèrement les paramètres des simulations.
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Figure 2.19 – Spectre pour un pilier de 4.15 × 4.15 µm avec un désaccord entre la pompe
et le mode (2) (ou (3) ici équivalent car dégénéré) de ∆p = 0.2 meV. En bleu, le résultat
de la simulation et en pointillés noirs l’extrapolation analytique des modes propres du pilier
(équivalent au spectre en régime linéaire). En (a), (b) et (c) est représentée l’analyse des
différents pics présents sur le spectre, comprenant dans la partie supérieure leur distribution
spatiale et au-dessous leur composition en fonction des six premiers modes propres du régime
linéaire. Les résultats sont obtenus pour une intensité de pompe Ip = 104 a.u.. Les paramètres
sont ~ω0

X = 1607 meV, ~ωC(0) = 1599 meV et γC = γX = 0.1 meV. Les autres paramètres
sont les mêmes que pour la figure 2.11.
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Mode propre ou mode "frustré"

Ces simulations ont été réalisées pour un plot carré de 4.15 × 4.15 µm, avec un
désaccord entre la pompe et le mode (2) (ou (3) ici équivalent car ils sont dégénérés) de
∆p = 0.2 meV (décalage vers le rouge de la pompe). Les résultats sont reproduits sur la
figure 2.19. On constate qu’il y a sur le spectre, un processus d’oscillation paramétrique.
Les pics (a) et (b) sont équidistants de la pompe. Pour ce qui est du troisième pic,
on a équidistance entre ce dernier (c) et (a) par rapport au pic (b). Ce qui traduit
un second processus paramétrique. On remarque qu’aucun des pics ne coïncide avec le
spectre en régime linéaire, dessiné en pointillés noirs sur la figure 2.19, à l’exception du
premier dont l’écart peut être dû à une population de polaritons importante. Ce qui
tend à nous indiquer que l’oscillation ne prend pas place dans les modes (1) et (4).

Regardons de plus près chacun de ces pics. Sur la figure 2.19, est indiqué pour
chaque pic sa distribution spatiale reconstruite par filtrage spectral ainsi que l’accord
entre cette distribution et les modes exposés dans le partie B.1. Le premier pic en (a)
correspond assez bien au mode fondamental (1) : un peu plus de 75% de correspon-
dance. Par contre, le pic (b) lui ne correspond pas du tout au mode (4) : 0.2% de
correspondance seulement. Il correspond plus au mode (1) (75.2%). Le mode (4) n’in-
tervenant pas dans cette oscillation paramétrique, il va de soi que les corrélations entre
le mode (1) et ce dernier seront faibles. Quant au pic (c), il correspond principalement
aux modes de pompe (2) et (3) (symétriquement 34.3%).

Comme le montrent ces résultats, il est assez simple, d’obtenir dans ces micropiliers,
un processus d’oscillation paramétrique, mais rien ne dit que les modes oscillants seront
les modes propres du pilier en régime linéaire. Des résultats similaires ont été obtenus au
sein du LPN, pour ce qui est de la distribution des modes oscillants avec un désaccord
positif ∆p > 0 meV. Le caractère multimode de notre système a ici une importance
primordiale et le modèle à quatre modes présenté dans la partie B ne peut pas rendre
compte d’un tel processus.

Il semble donc que le caractère multimode du système soit en cause. À l’heure de
s’intéresser aux corrélations quantiques, il ne peut être négligé. Cela dit, la frustration
des modes oscillants étant liée à l’écartement en énergie de ces derniers, une solution
qui permettrait de forcer l’oscillation dans les modes étudiés analytiquement, serait
de diminuer la taille du plot. Les conditions d’oscillation devraient être plus dures à
obtenir (oscillation plus dépendante du désaccord exciton-photon et polariton-pompe
par exemple) mais en contre-partie elle devrait être plus propre (monomode).

Conclusion et Perspectives

Pour conclure, grâce à cette étude nous comprenons mieux l’oscillation paramé-
trique dans les microcavités piliers en régime de couplage forte. Dans un premier temps,
nous avons vu comment on pouvait modéliser ce système par quatre niveaux aux règles
de diffusion bien établies. Ces règles indiquaient plusieurs processus de diffusion dont
diffusion par oscillation paramétrique des modes (2,3) vers les modes (1,4). Suite
à quoi, nous nous sommes attachés à montrer que les symétries existantes entre la
pompe et le pilier pouvaient changer dramatiquement l’efficacité d’injection dans les
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modes choisis. Puis, nous avons montré que dans un tel modèle, les corrélations entre
le mode 1 et 4 étaient éminemment quantiques.

Afin de pousser plus loin notre étude, nous avons utilisé des simulations Monte
Carlo, qui nous ont permis de comparer nos résultats à ceux obtenus au sein du LPN.
La concordance entre les deux fut remarquable, mettant en évidence l’existence d’un
processus d’oscillation paramétrique dans ces piliers micrométriques. Des caractéris-
tiques des faisceaux signal et complémentaire produits, jusqu’à leurs distributions ont
pu être reproduites. Nous avons aussi compris le rôle déterminant de la renormalisation
due aux interactions exciton-exciton, dans l’accord de phase. Cette renormalisation en-
gendre l’extinction de l’oscillation paramétrique à forte puissance. Mais surtout, nous
avons compris le rôle déterminant des effets multimodes en nous intéressant aux cor-
rélations dans les simulations. En effet, on a pu voir que si l’oscillation peut prendre
place dans les modes 1 et 4 utilisés dans le modèle, elle pouvait aussi avoir lieu dans
d’autres modes. Cet effet explique pourquoi il ne nous a pas été possible de les ob-
server numériquement, et nous indique aussi que si l’on diminuait la taille du pilier,
on pourrait favoriser l’oscillation dans les modes 1 et 4. D’un autre côté l’étude des
corrélations des modes "frustrés" oscillants devrait révéler aussi des effets quantiques
très riches.

La route est donc ouverte pour l’étude détaillée des corrélations quantiques dans
les microcavités 0D telles que ces piliers. Cette étude des oscillations paramétriques
est à relier à toute une série de propositions faites récemment. Études se basant sur
des géométries 0D, pour générer d’autres types d’états non classiques de la lumière
par exemple [27, 30, 31]. Ainsi, couplant plusieurs micropiliers de façon adéquate on
peut imaginer augmenter la constante d’interaction non-linéaire, ou encore séparer plus
facilement le signal du complémentaire.
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Chapitre 3

Fluide et Superfluide de Polaritons

Si précédemment nous nous sommes intéressés aux polaritons d’un point de vue
proche de l’optique quantique, dans cette partie nous allons les aborder d’un point de
vue hydrodynamique. Nous allons interprèter les polaritons comme un fluide ou ce qui
est équivalent un gaz en interaction. Pour ce faire, précisons d’ores et déjà les conditions
dans lesquelles cette interprétation prend place.

Dans une cavité planaire excitée à résonance, si l’angle d’incidence est suffisam-
ment faible (comprendre inférieur à l’angle magique) les processus d’oscillations para-
métriques sont négligeables. Par contre, les interactions polariton-polariton, elles, sont
toujours présentes. Ce qui permet de considérer les polaritons comme un fluide. Un
fluide bosonique bidimensionnel qui aura la particularité d’être en partie constitué de
lumière et de matière. Si cette vision hydrodynamique de la lumière n’est pas réservée
aux polaritons (description identique possible dans les milieu Kerr), elle prend avec
eux une dimension particulière.

Les propriétés des polaritons permettent, en effet, de générer plusieurs types de
fluide, et dans différents régimes d’écoulement. Les régimes d’écoulement iront du cas
subsonique au cas supersonique, en passant bien entendu par le cas turbulent. Mais
nous nous intéresserons aussi tout particulièrement à deux états liquides très différents
observables dans les polaritons excitoniques. Les fluides classiques qui nous permettrons
de caractériser des effets dus au spin et à la polarisation des polaritons et de démontrer
encore une fois la grande contrôlabilité des polaritons et leurs grandes potentialités.
Mais c’est un autre état liquide, que peuvent prendre les polaritons, qui va nous inté-
resser tout particulièrement : la superfluidité. Nous nous intéresserons à la transition
entre un fluide classique de polariton et cet état quantique macroscopique. Bien que ce
concept fut initialement introduit pour des atomes d’hélium à une température proche
de zéro, il convient tout à fait aux polaritons, dans certaines conditions, comme nous
le verrons.
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Dans la partie A, nous rappellerons ce qu’est la superfluidité et quels sont les cri-
tères permettant sa mise en évidence. Nous rappellerons aussi quel rapport cet état de la
matière entretient avec les condensats de Bose-Einstein. Nous introduirons aussi suc-
cinctement les différents régimes d’écoulement possibles pour un fluide classique et quels
liens ils entretiennent avec la superfluidité. Puis, nous verrons en quoi ce concept s’ap-
plique aux polaritons excités à résonance. Suite à quoi, nous rapporterons la première
démonstration expérimentale de la superfluidité des polaritons, ainsi que son pendant
numérique réalisé durant ce doctorat, dans la partie B. Puis, dans la partie C, nous
focaliserons notre attention sur les écoulements turbulents dans les superfluides, et plus
particulièrement sur la formation hydrodynamique de vortex dans les superfluides de
polaritons. Et enfin, dans une dernière partie (partie D), nous regarderons de plus près
les propriétés de spin et de polarisation des polaritons, propriétés qui, comme nous
le verrons, permettent de contrôler le potentiel effectif subi par les polaritons et ainsi
ouvrir la voie à un grand nombre d’expériences permettant de mieux comprendre ces
états si particuliers de la matière.
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A Superfluidité dans les atomes

Cette partie va nous servir à introduire les concepts associés à cette propriété qu’est
la superfluidité. Dans un premier temps (partie A.1), nous partirons du gaz de Bose
pour en venir au condensat de Bose-Einstein. Puis, nous regarderons la relation qui lie
la superfluidité et ces condensats, et comment peut être décrit un tel état (partie A.2).
Et enfin, nous nous attarderons sur les différents régimes d’écoulement des fluides, ainsi
que la relation qu’ils entretiennent avec la superfluidité (partie A.3).

A.1 Gaz de Bose et condensation

(a)

(b)

(c)

(d)

d

λdB

Fig. 3.1 – Schéma représen-
tant la transition d’un gaz de bo-
sons classique à un condensat de

Bose-Einstein.

S. N. Bose en 1924 proposa une statistique pour
décrire les photons, qui prend en compte l’indisserna-
bilité des photons et la possibilité d’en avoir plusieurs
dans un même état. En 1924-1925, A. Einstein géné-
ralisa cette statistique aux particules de spin entier.
Statistique qui est aujourd’hui connue comme la dis-
tribution de Bose-Einstein et qui peut s’écrire comme
suit :

ni =
1

exp
(

Ei−µ
kBT

)
− 1

où ni correspond au nombre de particules dans le
niveau d’énergie Ei, µ le potentiel chimique, kB la
constante de Boltzmann et T la température. A. Ein-
stein pointa du doigt qu’à l’équilibre thermodyna-
mique et à basse température, des bosons identiques,
sans interaction entre eux, devaient se condenser tous
dans le même état et devenir indiscernables, ce qui
est aujourd’hui connu comme condensation de Bose-
Einstein.

Sur la figure 3.1, est schématisé le passage d’un
gaz de bosons à haute température, descriptible clas-
siquement, à basse température condensée. À haute
température la vitesse d’une particule peut être repré-
sentée par un vecteur (figure 3.1.a). Les particules ont
une distance moyenne notée d. À plus basse tempéra-
ture (figure 3.1.b), les particules ne peuvent plus être
décrites classiquement et sont caractérisées par leur
longueur d’onde thermique de Broglie λdB, qui s’écrit :

λdB =

√
2π~2

mkBT
(3.1)

avec m la masse d’un boson, kB la constante de Boltzmann, et T la température.
À encore plus basse température (figure 3.1.c) comme l’indique l’équation (3.1), la
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fonction d’onde devient telle que le recouvrement des paquets d’ondes devient non nul
(λdB ≈ d). Une partie du gaz peut être décrite par une fonction d’onde macroscopique,
cela correspond à une fraction de gaz condensée et une autre non-condensée. Enfin,
comme le montre la figure 3.1.d, à température nulle, tous les paquets d’ondes sont
confondus. On a un condensat de Bose-Einstein pur, qui correspond donc à un état
macroscopique quantique de la matière dans lequel les particules sont indiscernables
et décrites par une fonction d’onde macroscopique. C’est en 1995 que la première
observation expérimentale d’un tel phénomène a été réalisée dans les atomes ultra-
froids, par M. H. Anderson et al. [1]. Les températures de condensation atteintes étaient
de l’ordre de 100 nK. La vapeur de Rubidium utilisée à ces fins était suffisamment diluée
pour que les interactions entre particules n’empêchent pas cette condensation.

La faiblesse des interactions explique pourquoi le modèle idéal de gaz parfait initia-
lement proposé permet de décrire cette phase condensée. Cela dit, un tel modèle ne peut
rendre compte que partialement de la dynamique propre à ce système. Seule la prise en
compte des interactions permet d’expliquer la taille du condensat piégé, sa superfluidité
ou encore ses fréquences d’oscillation, lorsqu’on le fait vibrer. Dans l’approximation du
champ moyen, on peut définir la fonction d’onde globale d’un condensat de N atomes
comme Φ̂(x1,x2, ...,xN) = ΠNΨ̂i(ri), avec Ψ̂i la fonction d’onde des particules indivi-
duelles. On aura par définition

∫
|Ψ̂|2dx = N . Basé sur cette approximation, ainsi que

sur le modèle du pseudopotentiel d’interaction, L. P. Pitaevskii [2] et E. P. Gross [3]
ont tous deux montré, au début des années 1960, que l’évolution de la fonction d’onde
Ψ̂ pouvait s’écrire :

i~
∂Ψ̂(x)

∂t
=

(
− ~

2

2m
∇2 + V (x) + g|Ψ̂(x)|2

)
Ψ̂(x) (3.2)

avec m la masse des particules, V un potentiel extérieur et g la constante de couplage
proportionnelle à as la longueur de diffusion entre les particules telle que g = 4π~2as/m.
La minimisation de la fonctionnelle énergie permet de déterminer un potentiel chimique
µ pour la solution stationnaire qui est µ = ∂E/∂N = gN dans le cas homogène. Il
transcrit la renormalisation de l’énergie de l’état propre du système causée par les
interactions. Grâce à la résonance de Feshbach, l’interaction entre particules peut être
contrôlée via un champ magnétique. Ce qui permet d’étudier des phénomènes comme
les isolants de Mott ou encore la continuité entre le concept de condensation de Bose-
Einstein et celui de paire de Cooper de la théorie BCS de la supraconductivité. Cette
équation de Gross-Pitaevskii est aussi connue sous le nom d’équation de Schrödinger
non linéaire.

Mais focalisons notre attention sur un des phénomènes présent dans ces condensats
en interaction : la superfluidité.

A.2 Superfluidité

La superfluidité a été découverte dans l’Helium (4He) par P. Kapitza, J. F. Allen,
et D. Misener en 1937 [4, 5]. Elle consiste en un nouvel état liquide de l’hélium en deçà
du point lambda à 2.17 K, dans lequel la conductivité thermique est très importante, et
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donc la viscosité très faible 1. C’est donc bien avant la mise en évidence de la conden-
sation de Bose-Einstein dans les atomes ultra froids qu’a eu lieu la découverte de la
superfluidité.

F. London est le premier, en 1938, à remarquer que la température de la transi-
tion superfluide de l’hélium 4 (2,17 K) est du même ordre de grandeur que celle de
condensation de Bose-Einstein d’un gaz parfait de même densité que l’hélium liquide
(3,2 K), d’où son intuition que les deux phénomènes étaient liés [6]. Les interactions
entre atomes d’hélium étant trop importantes pour être négligées, le modèle du gaz
parfait semble difficile à appliquer ici. Des expériences récentes ont montré que s’il
existe bien une relation entre ces deux phénomènes, elle n’est pas aussi directe que ce
qu’avait suggéré F. London. Seul 10% environ de l’hélium 4, dans sa phase superfluide,
est condensé [7].

L’avancée majeure dans la compréhension de ce phénomène date de 1941 et est
due à L. Landau [8]. Il a développé un modèle basé sur deux fluides en interaction.
Notons que L. Tisza, en 1938, avait déjà suggéré cette idée [9]. La physique de l’hélium
4 à très basse température est très complexe, du fait des fortes interactions entre
atomes. C’est pourquoi, la modélisation par un fluide classique et un fluide condensé
permet de simplifier la description. Cette description phénoménologique a permis de
définir plusieurs comportements propres à un tel fluide, sur lesquels nous allons revenir.
Une autre étape importante, dans la compréhension de ces fluides atypiques, fut celle
permise par le travail de N. N. Bogoliubov en 1946 [10]. Il a permis d’obtenir un
modèle non phénoménologique le diagramme de dispersion linéaire des superfluides
pour de faible excitation comme le montre la courbe bleue de la figure 3.2. Pour ce qui
est du reste de la courbe de dispersion de l’hélium, son explication sera faite par R.
Feynman et M. Cohen, en 1956 [11]. Cette partie de la courbe s’explique en termes de
pseudo particules appelées rotons.

Attardons-nous sur les différents critères permettant la mise en évidence de la su-
perfluidité

Différents critères de la superfluidité

Différents critères, dont trois suggérés par L. Landau dès 1941, permettent de mettre
en évidence les propriétés superfluides d’un fluide et dans certains cas d’en déterminer
la fraction.

L’expérience du seau tournant : Aussi appelée expérience de Hess-Fairbank,
en référence à la première mise en évidence en 1967 [12], elle consiste à faire tourner le
récipient contenant le superfluide. Si la vitesse de rotation est inférieure à une vitesse
critique Ω < Ωv, le fluide ne bouge pas. Au delà de cette vitesse critique, il y a apparition
de vortex de moment angulaire quantifié. Ce phénomène a été longuement étudié.
Ph. Nozières et D. Pines ont mis en évidence que la réponse superfluide pouvait ce
comprendre en termes de réponse à un champ vectoriel extérieur analogue à l’effet
Meissner des supraconducteurs. Les contributions au niveau théorique de R. Feynman

1. Démonstration et explication vidéo de la transition de phase superfluide de l’hélium 4 de 1963 :
http ://www.alfredleitner.com/superfluid.html

http://www.alfredleitner.com/superfluid.html
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Figure 3.2 – Dispersion de l’énergie des excitations élémentaires de l’hélium 4 superfluide en
bleu et d’un condensat de Bose-Eintein avec interaction en rouge dans le repère galiléen dans
lequel le superfluide est au repos. En pointillés, la dispersion des phonons dans le superfluide.

et L. Onsager ont montré que le moment angulaire des vortex ainsi formés devait être
quantifié et égal à nh/m, où h est la constante de Planck, n un entier et m la masse des
éléments constituant le superfluide. Nous reparlerons de ces vortex dans les superfluides
dans la partie C de ce chapitre.

Courant persistant : Aussi appelé metastabilité de supercourant. Si on place
de l’hélium liquide (non superfluide) dans un anneau tournant, le fluide tourne avec
l’anneau. On refroidit l’hélium liquide en-dessous du point lambda alors que l’anneau
tourne. Si on arrête la rotation de l’anneau, alors le superfluide continue de tourner et
ce, sans perte de charge. Le superfluide tourne, en théorie pour une durée indéfinie. Il est
dans un état métastable qui donne lieu à un supercourant. Cet effet, contrairement au
précèdent, ne peut exister que dans des superfluides. Les condensats sans interactions ne
présentent pas un tel effet. Ces courants persistants ont été observés expérimentalement
dans l’hélium en 1964 [13]. Pour ce qui est des atomes froids il faut attendre 2005 pour
la première réalisation d’un condensat annulaire [14] et 2007 pour la mise en évidence
de courant persistant [15].

Second son : Cet effet est dû aux excitations collectives thermiques. Dans un
superfluide, la conduction thermique se fait non par diffusion mais par une propagation
similaire à celle des ondes sonores, d’où le nom de second son. Cela donne lieu à une
discontinuité dans la conductivité thermique de l’hélium, qui est modérée en phase
fluide et extrêmement élevée dans sa phase superfluide [16]. Il est à l’origine d’un effet
spectaculaire, appelé effet fontaine 2.

2. http ://www.alfredleitner.com/superfluid.html

http://www.alfredleitner.com/superfluid.html
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Effet Josephson : Lorsqu’un superfluide est séparé en deux par une barrière de
potentiel, on peut observer un tunneling cohérent à travers la barrière. Cela donne lieu
à des oscillations dites de Josephson [17, 18]. Le nom vient de l’analogie faite entre les
paires de Cooper de la théorie BCS et le superfluide. Ces analogies ont récemment fait
l’objet de beaucoup d’études résumées sous le nom de BEC-BCS crossover. J’invite
le lecteur intéressé par la question à se référer au livre de A. J. Leggett "Quantum
Liquids" [19].

Il existe d’autres effets qui découlent plus ou moins directement de ceux vus précé-
demment (écoulement sans viscosité, expansion anisotrope, oscillation collective, etc.).
Nous nous contenterons d’en décrire un dernier, qui est celui qui va nous intéresser
tout particulièrement dans la suite de ce travail. Bien que, L. Landau prédit trois effets
dont celui du seau tournant et celui de second son, c’est ce dernier qui est généralement
appelé : critère de Landau de superfluidité.

Critère de Landau de superfluidité

L. Landau [8] explique que pour un superfluide s’écoulant à une vitesse v, le Hamil-
tonien du système peut s’écrire H = H0−vp̂ avec H0 le Hamiltonien au repos et p̂ l’opé-
rateur impulsion. Ici l’énergie du fondamental de H aura un moment total de l’ordre
de J = Nmv avec N le nombre de particules. Par conséquent, son état fondamental
aura une énergie supérieure à celui de H0. Ce fluide en déplacement est donc dans
un état métastable. La création d’une excitation coûtera, par conséquent, une énergie
E(p) − vp. À température nulle le superfluide n’est perturbé que si E(p) − vp > 0.
Donc, tant que v 6 vc, avec

vc = min
p

(
E(p)

p

)
, (3.3)

on a un fluide en déplacement dans son état fondamental, soit un superfluide. Cela
rejoint le critère du courant persistant, énoncé plus haut.

À partir de l’équation de Gross-Pitaevskii (3.2), on peut déterminer le spectre des
excitations élémentaires d’un tel fluide. Pour ce faire, on utilise la transformation de
N. N. Bogoliubov, qui consiste à écrire :

Ψ̂(t) =
(
Ψ̂0 + ûje

−iωjt + v̂∗j e
iωjt

)
e−iµt

En réécrivant l’équation 3.2 pour uj et vj, dans le cas homogène, on trouve la dispersion
suivante :

E±(k) = ±

√(
~2k2

2m

)2

+ ~2k2c2s

avec cs =
√
gn/m la vitesse du son dite de Bogoliubov, qui correspond à la vitesse du

son dans le condensat. On peut distinguer deux cas.
– Pour k ≫ 2mcs/~ dans ce cas E(k) ≈ ~

2k2/2m ce qui correspond à la dispersion
d’une particule libre.

– Pour k ≪ 2mcs/~ alors on a E(k) ≈ ~csk. Pour les excitations de petit moment,
on a donc une réponse linéaire caractéristique de phonons.
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Sur la figure 3.2, on peut voir en rouge ces deux différents régimes. Notons que cette
figure nous donne la dispersion du fluide en mouvement dans un repère en mouvement
avec lui. Alors que, les figures 3.3, elles donnent la même dispersion mais dans le repère
du laboratoire. Pour un tel superfluide, on n’a pas d’excitation possible tant que la
vitesse d’écoulement est inférieure à cette vitesse du son : v < cs. Les seules excitations
possibles nécessitent v > cs. On a donc la vitesse critique de L. Landau qui coïncide
avec celle du son de Bogoliubov : vc = cs. Dans le cas de l’hélium superfluide, il y
a une nuance. Dus aux rotons, on peut avoir des excitations pour v < cs. On aura,
dans ce cas, une vitesse critique liée aux rotons et non aux phonons. Cette différence
importante entre les deux systèmes est clairement visible sur la figure 3.2. Dans ce qui
suivra, nous laisserons de côté le cas de l’hélium car moins proche du système qui nous
intéresse, pour nous focaliser sur le cas des condensats d’atomes.
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Figure 3.3 – Dispersion des modes de Bogoliubov d’un condensat de Bose Einstein pour
une vitesse du son de cs = 1 µm.ps−1. En rouge, l’approximation linéaire pour les excitations
de petit moment. À gauche, la vitesse du fluide est des v = cs/2 et à droite, de v = 2cs. Le
graphe de gauche est équivalent modulo une transformation Galiléenne à la courbe rouge de la

figure 3.2.

Sur les figures 3.3, sont représentées deux dispersions pour un condensat à gauche,
s’écoulant à une vitesse v < cs qui correspond à un régime subsonique, soit ici au
régime superfluide à proprement parler. Dans un tel régime, la diffusion élastique est
inhibée et donc la viscosité tend vers zéro. À droite, on a la dispersion pour une
vitesse d’écoulement v > cs. Soit un régime supersonique, encore appelé Čerenkov,
dans lequel le fluide ne peut plus être considéré comme superfluide car il peut présenter
des excitations de quasiparticules correspondant à des phonons du condensat.

Maintenant que nous avons vu comment se traduit cette superfluidité dans l’espace
réciproque, intéressons-nous à l’espace réel, et plus particulièrement à ce qui se passe
lorsque que l’on stimule la diffusion élastique, en plaçant un objet dans le flux du fluide.
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A.3 Régimes d’écoulement

Avant de cibler le cas des superfluides, intéressons-nous à un modèle simple, d’un
gaz parfait sans interaction. Ce modèle simple, emprunté à I. Carusotto, permet de
bien comprendre ce à quoi on peut s’attendre quant aux effets produits par un objet
placé dans la course d’un fluide.

E(kx, ky)

kx

ky

k0
k

Fig. 3.4 – Dispersion d’un gaz
parfait de particule de masse
m0. Ici est représenté le cas su-

personique où k > k0.

Dans un gaz parfait constitué de particules de masse
m0, lorsqu’un objet se déplace lentement (par rap-
port à la vitesse du son) à une vitesse v = ~k/m,
on a émission d’ondes de pression par l’objet dans
toutes les directions de l’espace. Ces ondes de pres-
sion peuvent être interprétées en termes de phonons
acoustiques. Prenons le cas inverse : un objet fixe et
un gaz de vitesse d’écoulement v = ~k/m0. La disper-
sion d’un tel milieu est parabolique comme représentée
figure 3.4, telle que : E(k) = ~

2k2/2m0. La fonction
d’onde de notre gaz pourra s’écrire comme une onde
progressive de vecteur d’onde k : Ψ(x, y) ∝ exp(ikx)
et la diffusion élastique engendrée par l’objet pren-
dra place sur le cercle de rayon k0, dans l’espace ré-
ciproque, ce qui équivaut à produire une onde circu-
laire centrée sur l’objet en question, de vecteur d’onde
k0 : Ψ′(x, y) ∝ exp(ik0

√
x2 + y2). On aura interférence

entre ces deux ondes. Les maximums de ces franges d’in-
terférence auront lieu pour : kx + 2πn = k0

√
x2 + y2,

avec n ∈ N. On peut distinguer trois cas différents : subsonique, limite et supersonique.
On peut réécrire la relation entre x, y et n :

(
k20 − k2

4π2n2

)
y2 +

(
(k20 − k2)2

4π2n2k20

)(
x− 2πnk

k20 − k2

)2

= 1 (3.4)

Cas subsonique : k < k0

Écoulement

Fig. 3.5 – Allure des franges d’interférence
pour le cas subsonique. Le point noir représente

l’objet fixe.

Dans ce cas, l’équation (3.4) corres-
pond à des ellipses concentriques dont un
foyer est localisé sur l’objet (pour nous
x = y = 0) et l’autre en y = 0 et
x = 2πnk/(k20 − k2). Le grand rayon vaut
a = 2πnk0/(k

2
0 − k2) et le petit rayon

b = 2πn/
√
(k20 − k2). L’allure des franges

est représentée sur la figure 3.5. La dis-
tance entre les franges à l’avant du défaut
est égal à 2π/(k0 + k).
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Cas limite : k = k0

Écoulement

π/k0

Fig. 3.6 – Allure des franges d’interférence
pour le cas limite.

On peut réécrire la relation entre x, y
et n, ce qui donne :

x = − k0
4πn

y2 +
πn

k0

Cette fois ce sont des hyperboles suivant
la direction de propagation que l’on aura.
Leur foyer est en πn/k0 sur l’axe x. Ce
cas correspond à une vitesse d’écoulement
égale à la vitesse du son dans le fluide.
L’allure des franges est représentée sché-
matiquement sur la figure 3.6 et leur sé-
paration à l’avant de l’objet est de π/k0.

Cas supersonique : k > k0

Écoulement

Fig. 3.7 – Allure des franges d’interférence
pour le cas supersonique.

D’après l’équation (3.4), on peut dé-
duire que le profil sera doublement hyper-
bolique en fonction du signe de n, dont
l’origine sera sur l’axe x à une distance
de 2πnk/(k20 − k2), de demi axe focal
a = 2πnk0/(k

2
0 − k2) et de demi axe non

focal b = 2πn/
√

(k20 − k2). Comme repré-
sentées figure 3.7, les hyperboles ont la
même asymptote de coefficient directeur√
k2 − k20/k0 et l’angle entre l’horizontal

et l’asymptote est déterminé par tan(θ) =
(k0/

√
k2 − k20) ou encore sin(θ) = cs/v

avec cs = ∂E/∂k = ~
2k0/m [20]. L’espa-

cement entre les franges à l’avant de l’ob-
jet sera de 2π/(k0 + k).

Comme on l’aura compris, en régime subsonique, le front d’onde sera parabolique
voir elliptique. Mais cela ne sera pas observable dans le cas d’un superfluide. Comme
représenté sur la figure 3.3 de gauche, le fluide n’a qu’un seul niveau d’énergie disponible
et non pas tout un cercle, comme représenté sur la figure 3.4. Donc la diffusion élastique
est impossible. Par conséquent, elle s’écoule autour de défauts comme s’il n’y en avait
pas.

Le dernier cas (supersonique) qui est aussi appelé onde de choc, est très courant et
observable, aussi bien pour un canard (pigeon !) se déplaçant sur un lac, que pour un
projectile lancé à vive allure. Les ondes émises par diffusion élastique dans le fluide,
dues à la présence de l’objet sont plus lentes que leur vitesse de propagation. Ce qui
donne un front d’onde linéaire caractéristique. Un phénomène très similaire en physique
des particules, appelé effet Čerenkov, consiste en une particule chargée se déplaçant
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Figure 3.8 – Résultat de simulation d’un condensat en interaction s’écoulant à travers un
défaut de 80 µm indiqué en pointillés rouges avec une vitesse d’écoulement v = 1.1cs.

dans un milieu à une certaine vitesse v. Elle induit une polarisation locale dans le milieu
qui peut donner lieu à une émission lumineuse. Lorsque la vitesse de phase de cette
onde émise est inférieure à la vitesse de la particule, alors une interaction constructive
entre les différentes ondes émises donne lieu à un rayonnement caractéristique. L’image
typique de cet effet est celle des réacteurs nucléaires, donc la piscine dans laquelle ils
sont plongés émet une lumière bleue. La figure 3.8 montre les résultats de simulation
de condensat en interaction s’écoulant à travers un défaut. On voit nettement à l’avant
du défaut des modulations de la densité qui correspondent à ce qui a été dit dans le cas
supersonique. En effet, ici la vitesse d’écoulement est 10% plus élevée que celle du son
de Bogoliubov. La présence de turbulences à l’arrière du défaut, indiqué en pointillés
rouges, seront discutée dans la partie C.1.

Voici ce qu’on pouvait dire sur les superfluides génériques (atomiques) et sur la
superfluidité en général. Intéressons-nous à l’application de ce concept aux polaritons
excitoniques.

B Superfluidité des polaritons

La superfluidité est fortement liée à la condensation de Bose Einstein, c’est pour-
quoi dans ce qui suit, nous commencerons par nous intéresser à la condensation à l’état
solide (partie B.1) et plus particulièrement la condensation des polaritons. Suite à quoi,
nous rentrerons dans le vif du sujet : la superfluidité des polaritons. Nous analyserons
théoriquement comment cet effet se traduit pour ce système qu’est la microcavité se-
miconductrice (partie B.2). Pour ensuite en venir aux résultats expérimentaux obtenus
au laboratoire LKB à Paris, dans l’équipe de A. Bramati et aux simulations de ces ré-
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sultats (partie B.3). Nous finirons cette partie B par des résultats sur l’effet Čerenkov
précédemment cité dans ces fluides de polaritons (partie B.4).

B.1 Condensation à l’état solide

Le concept de condensation de Bose-Einstein par définition s’applique aux bosons.
Mais à l’image des atomes bosoniques comme l’hélium 4 qui sont composés de pro-
tons, neutrons et électrons, d’autres particules composées peuvent présenter cette phase
condensée. En théorie, toutes quasi-particles bosoniques peuvent prétendre à la conden-
sation. Que ce soient les phonons, plasmons, polarons et magnons ou encore les exci-
tons et bien sûr les polaritons. Tous ces condensats sont regroupés sous l’appellation de
condensat de Bose-Einstein à l’état solide, car les pseudo particules précédem-
ment citées apparaissent dans des phases solides de la matière. Cela a pour conséquence
principale que leur observation (prédite ou effective) ne nécessite pas des températures
aussi basses que pour les atomes (de l’ordre du microkelvin pour les atomes et de l’ordre
de la dizaine de kelvin pour les condensats en phase solide). Ce très grand avantage
par rapport aux atomes est dû à la faible masse de ces bosons ainsi qu’à la possibilité
d’atteindre de très fortes densités.

La première observation d’un tel condensat fut obtenue en 2000 pour des ma-
gnons [21] pour une température de 14 K. Comme nous l’avons vu dans le premier
chapitre, les excitons sont des bosons, donc peuvent prétendre à la condensation. Leur
principale différence avec les photons ou encore les magnons sont les interactions exis-
tantes entre particules. Cela dit, la condensation de telles quasi-particules s’est révélée
impossible jusqu’à maintenant. En cause, la dynamique interne aux excitons qui re-
cèle des états noirs (non observables optiquement), dans lesquels la condensation se
ferait [22]. Une condensation d’excitons a malgré tout bien été observée, mais pour
des excitons de bi-couche [23]. Ces excitons indirects naissent de la proximité de deux
puits quantiques qui permet l’appareillement d’un trou d’une couche avec un électron
de conduction de l’autre.

Une autre méthode pour s’affranchir des états noirs des excitons, est de coupler très
fortement les états brillants à un champ électromagnétique, c’est à dire d’utiliser les
polaritons.

Condensation des polaritons

Bien que pas directement connectée à la superfluidité que nous allons expliciter
dans un instant, la condensation des polaritons se doit de figurer dans cette thèse. Ne
serait-ce que pour en comprendre les différences.

Cette condensation fut démontrée en 2006 par J. Kasprzak et al. à l’EPFL de Lau-
sanne [25]. La température de l’échantillon était de 19K. Sur la figure 3.9 on peut voir
un image extraite de la thèse de J. Kasprzak [24] qui figure, en haut la densité de pola-
ritons dans l’espace réciproque en fonction de l’énergie. Sur la première image, on peut
distinguer la branche basse des polaritons. Les images du bas correspondent à la densité
intégrée sur l’énergie dans l’espace réciproque. Les deux sets de trois images figurent
trois excitations de pompe différentes. On voit que lorsque l’intensité d’excitation aug-
mente la population augmente dans le bas de la branche, soit au centre de l’espace
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Figure 3.9 – Observation de la condensation polaritonique par excitation non résonnante.
En haut, la densité polaritonique dans l’espace réciproque (Θx,Θy) en fonction de l’énergie
(E) et en bas, intégré en énergie. Les trois graphes correspondent à trois excitations de pompe

différente. Image extraite de la référence [24].

réciproque. On passe d’une distribution thermique (thermal cloud) à une distribution
thermique plus une condensée (condensate + thermal cloud). L’excitation employée ici
est non résonante et c’est la principale différence avec notre configuration. Cela consiste
à exciter à une énergie bien plus haute que celle des polaritons bas (≈ 100 meV) et
grâce à des cascades de désexcitation (émission de phonons) les polaritons vont diffuser
vers les niveaux d’énergie les plus bas. Dans ces désexcitations, les interactions ainsi
que la forme particulière de la dispersion des polaritons jouent un rôle déterminant.
Bien entendu, comme explicité dans la partie A, ce condensat doit avoir des propriétés
de superfluidité car les polaritons sont des particules en interaction [26, 27]. La confi-
guration du système rend difficile l’évaluation des critères précédemment cités et donc
la mise en évidence de la superfluidité.

B.2 Superfluide de polaritons excitoniques

La première prédiction théorique de propriétés de superfluidité pour les polaritons
excitoniques excités à résonance est due à I. Carusotto et C. Ciuti [28, 29]. Quant à la
première observation directe, elle a été réalisée 5 ans plus tard, en 2009, par A. Amo
et al. [30] au laboratoire Kastler Brossel (LKB).

Notons les résultats obtenus aussi par A. Amo et al., à l’université Autonoma de
Madrid, sur la propagation d’une goutte superfluide de polariton [31]. Ici l’excitation
est à l’angle magique à laquelle on ajoute un pulse à grand angle au niveau du com-
plémentaire. Cela a pour effet de créer une goutte de superfluide au niveau du signal
(proche de k = 0). L’observation de la propagation de cette goutte montre une disper-
sion constante au cours du temps, ce qui indique un comportement superfluide.

Pour notre part nous nous intéressons à un autre type d’excitation : une excitation
résonante ou presque résonante. Voyons la théorie associée à cette configuration. Ce
développement correspond au travail réalisé par I. Carusotto et C. Ciuti [28, 29]. L’idée
principale est assez similaire à ce qui a été fait dans le chapitre 2. On va déterminer les
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équations du champ moyen, suite à quoi nous déterminerons la stabilité de ce champ
moyen, à l’aide de la linéarisation de Bogoliubov appliquée aux perturbations.

Équations du champ moyen

D’après l’équation 1.24, on peut écrire les équations d’évolution de des opérateurs
â(†) de création (annihilation) d’un photon de cavité et ceux b̂(†) correspondants aux
excitons. Le résultat s’écrit comme suit :

i
d

dt

(
Ψ̂C(x, t)
Ψ̂X(x, t)

)
=

(
F̂p(x, t)

0

)
+


h0 +



VC(x)− i

γC
2

0

0 VX(x)− i
γX
2

+ g|Ψ̂X(x, t)|2





(
Ψ̂C(x, t)
Ψ̂X(x, t)

)

(3.5)
où :

h0 =

(
ωC(−i∇) ΩR

ΩR ω0
X

)

et avec :
– Ψ̂C(x, t) et Ψ̂X(x, t) respectivement le champ associé aux photons et aux excitons.
– x le vecteur position dans le plan perpendiculaire à la direction de croissance

(x = (x y)T ).
– VC(x) et VX(x) respectivement les potentiels extérieurs photoniques et excito-

niques.
– γC et γX respectivement la largeur de raie de la cavité et des excitons.
– g le potentiel d’interaction exciton-exciton.
– ~ωC et ~ω0

X respectivement l’énergie de la cavité et celle des excitons.
– ΩR la fréquence de Rabi du vide.
– F̂p(x, t) l’amplitude de l’excitation laser.

On peut faire un rapprochement entre cette équation (3.5) et l’équation (3.2). En
réécrivant l’équation (3.5) dans la base polaritonique (restreint aux polaritons bas uni-
quement) cela devient encore plus évident :

i
d

dt
Ψ̂LP (x, t) =

(
ωLP (−i∇) + VLP (x)− i

γLP
2

+ gLP |Ψ̂LP (x, t)|2
)
Ψ̂LP (x, t) + F̂p(x, t)

(3.6)
Avec VLP = |Xk|2VX + |Ck|2VC le potentiel extérieur vu par les polaritons bas et
gLP = |Xk|4g la constante d’interaction entre polaritons bas aux mêmes modes (voir
chapitre 1 partie D.3). On peut noter trois différences principales : (i) Le terme de
perte γLP vient du temps de vie fini des excitons et des photons dans le système. Ici le
temps de vie τ = ~/γLP est de l’ordre de la dizaine de pico-secondes, alors que le temps
de vie caractéristique dans un piège optique des atomes est de l’ordre de la seconde.
Pour compenser ces pertes, il faut donc continuellement pomper notre système sans
quoi la dynamique propre du système nous serait inaccessible. (ii) C’est la seconde
différence avec l’équation de Gross-Pitaevskii (3.2), le terme de pompe F̂p. (iii) La
dernière différence vient de la dispersion qui n’est pas parabolique pour les polaritons.
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Cela dit, l’approximation de la dispersion parabolique pour des excitations de faible
vecteur d’onde dans le plan, se révèle une approximation raisonnable et permet de
simplifier les calculs. Ces équations (3.5) et (3.6) correspondent donc à des équations
de Gross-Pitaevkii hors équilibre.

Dans cette partie de traitement analytique, on prendra le cas simple d’une onde
plane d’excitation sans potentiels extérieurs (VC = VX = 0). L’excitation sera traitée
classiquement tel que F̂p(x, t) ≈ Fpe

i(kpx−ωpt) avec Fp l’amplitude de la pompe, kp le
vecteur d’onde dans le plan et ~ωp l’énergie de la pompe.

Si on fait l’approximation du champ moyen : ψC(X) = 〈Ψ̂C(X)〉 = ψss
C(X)e

i(kpx−ωpt),
où ψss

C(X) correspond à la solution stationnaire pour chacun des deux champs, on peut
écrire les équations suivantes :

(
ω0
X − ωp − i

γX
2

+ g|ψss
X |2

)
ψss
X + ΩRψ

ss
C = 0

(
ωC(kp)− ωp − i

γC
2

)
ψss
C + ΩRψ

ss
X = −Fp (3.7)

La même démarche peut être faite avec les polaritons et donner l’équation suivante,
si on considère uniquement les polaritons bas :

(
ωLP (kp)− ωp − i

γLP
2

+ gLP |ψss
LP |2

)
ψss
LP = −Fp (3.8)

avec ψss
LP la solution stationnaire du champ moyen pour les polaritons. On rappellera

que l’on a ici ψss
LP = Xkp

ψss
X + Ckp

ψss
C .
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Figure 3.10 – Solution stationnaire du champ moyen pour un désaccord polariton-pompe
de ∆p = ~ωLP (kp) − ~ωp = −0.1 meV pour (a) et de ∆p = 0.1 meV pour (b). La partie
en pointillés de la figure (a) correspond à un champ instable. Les paramètres employés sont
les suivants : ~ω0

X = 1485 meV, ~ωC(0) = 1483 meV, ~γX = 0.12 meV, ~γC = 0.075 meV,
~ΩR = 2.65 meV, ~g = 0.01 meV.µm−2, kz = 28 µm−1 et kp = −0.3367 µm−1.
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Sur la figure 3.10 on peut voir l’évolution de la solution stationnaire du champ
moyen en fonction de l’intensité de pompe Ip = |Fp|2. Pour être plus précis, ce n’est
pas la solution stationnaire mais le décalage en énergie induit par les interactions
~gLP |ψss

LP |2 en fonction de Ip. La figure 3.10.a correspond à un calcul pour un désaccord
polariton pompe négatif de ∆p = −0.1 meV et la figure 3.10.b pour un positif de
∆p = 0.1 meV. On retrouve ce que l’on a dit dans le chapitre 2. Lorsque que la
pompe est en dessous de la dispersion des polaritons (∆p > 0), l’injection dans le
mode kp des polaritons se fait de moins en moins bien (profil en racine) au fur et à
mesure que la densité augmente (figure 3.10.b). Lorsque la pompe est au-dessus de la
dispersion des polaritons bas (∆p < 0), comme indiqué sur la figure 3.10.a, on peut
distinguer trois régions. Au niveau du point A, on aura un régime linéaire dans lequel
les interactions exciton-exciton sont négligeables. Cette zone correspond à des décalages
induits inférieur au désaccord ∆p. Entre le point B et C, on a une zone d’instabilité
sur laquelle nous allons revenir. Enfin après C, on retrouve une caractéristique proche
de la figure 3.10.b, en racine, due au décalage effectif entre les polaritons et la pompe
plus important que le désaccord ∆p. Ce décalage effectif peut être écrit de la façon
suivante : ∆̃p = ~ωLP (kp) + ~gnX − ~ωp = ∆p + ~gnX où nX est la densité moyenne
d’exciton.

Attardons-nous maintenant sur la stabilité de cette solution.

Linéarisation de Bogoliubov

Là encore, la méthode est très similaire à celle qui a été vue dans le chapitre 2. Il
s’agit de regarder comment de petites fluctuations autour de ce champ moyen évoluent.
Pour ce faire, on pose : Ψ̂C(X) = ψC(X) + δψC(X) =

(
ψss
C(X)e

ikpx + δφC(X)(x, t)
)
e−iωpt.

Les équations du mouvement de δφC(X)(x, t) les perturbations s’écrivent :

i
∂

∂t
δφ = L · δφ (3.9)

où δφ = (δφX δφC δφ∗
X δφ∗

C)
T . Pour résoudre un tel système il faut nous placer dans

l’espace réciproque. Étant donné que nous nous sommes placés dans le cas d’onde plane,
on aura : δφ̃C(X)(k) = δφC(X)(x)e

−ikx. La matrice L(x) devient L̃(k,kp) et on peut
écrire d’après (3.9) la relation suivante :

(
(ω±

j (k)− ωp)1− L̃(k,kp)
)
δφ̃ = 0 (3.10)

avec :

L̃(k,kp) =




ω0
X + 2g|ψss

X |2 − iγX

2 ΩR gψss2
X e2ikpx 0

ΩR ωC(k)− iγC

2 0 0
−gψss∗2

X e−2ikpx 0 2ωp − ω0
X − 2g|ψss

X |2 − iγX

2 −ΩR

0 0 −ΩR 2ωp − ωC(k)− iγC

2




(3.11)
avec ω±

j (k) les valeurs propres de L̃(k,kp). Notons que l’on a symétrie par rapport
à kp ainsi que par rapport à ωp de ω+

j et ω−
j . Ici j correspond aux différents états
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Figure 3.11 – Partie réelle et imaginaire des ω±
j pour en fonction de k pour différentes va-

leurs de champ moyen. La croix rouge correspond au vecteur d’onde et à l’énergie de la pompe.
Seules les valeurs proches de zéro sont montrées ici. Les courbes A, B, C et D correspondent
aux différents points indiqués sur la figure 3.10.a. Les paramètres sont les mêmes que pour

cette dernière figure.
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polaritoniques du système. Si on néglige les interactions non linéaires, on retrouve la
dispersion des polaritons hauts et bas décrite dans le chapitre 1. À partir de ces valeurs
propres, on peut déterminer la stabilité de la solution stationnaire précédemment étu-
diée. Lorsque la partie imaginaire des valeurs propres est positive, cela signifie que les
perturbations divergent, donc que le champ moyen est instable. La partie entre B et
C de la figure 3.10.a correspond à ce cas. Notons ici que la condition est ℑ[ω±

j (k)] > 0
quelque soit k et quelque soit j, alors φss

X est instable. Contrairement au chapitre 2 ici
ce n’est pas la zone d’instabilité qui va nous intéresser, mais la zone stable.

Sur la figure 3.11, est représentée la partie imaginaire et réelle de ω±
j (k) en fonction

de k correspondant à différents points de la courbe 3.10.a. Pour le point A, on se
trouve dans un régime de faible excitation donc ψss

X est négligeable. On retrouve donc
la dispersion caractéristique des polaritons. Pour le point B, on se trouve juste avant
l’instabilité, et on voit que la partie imaginaire est proche de zéro. La partie réelle
montre une dispersion fortement modifiée par l’interaction exciton-exciton. Le point
C correspond à la fin de zone d’instabilité. La partie imaginaire est proche de zéro.
Quant à la partie réelle, elle donne à voir une dispersion modifiée, elle aussi. On peut
y voir une grande similitude avec l’image de droite de la figure 3.3, avec une partie
linéaire, indiquée en pointillés bleus. Cela correspond au régime de superfluidité des
polaritons. L’état d’excitation du système est le seul disponible donc aucune dispersion
n’est possible. Si on regarde attentivement cette figure, on peut voir que le minimum de
la dispersion ne semble pas être confondu exactement avec l’excitation. Bien entendu si
on prend en compte la largeur des modes polaritoniques, on comprendra que cet écart
n’est pas significatif. Ici γLP ≈ 0.1 meV et on trouve un écart entre la pompe et le
minimum de dispersion d’environ 0.07 meV. Pour le point D, loin de l’instabilité, on
se trouve encore dans un régime de superfluidité. La dispersion dessinée correspond à
celle des perturbations autour de la solution stationnaire. Au vu de cette dispersion
aucune perturbation ne peut prendre place dans le fluide. Pas seulement parce qu’il
n’y a pas de niveau d’énergie plus bas, mais aussi parce qu’il n’y a plus de niveau
d’énergie disponible du tout à l’énergie de la pompe ou même en-dessous. Pour une
vue plus dynamique, le lecteur peut se reporter à l’annexe B.1, où se trouve une vidéo
sur laquelle est présentée, conjointement, l’évolution du champ moyen, de la partie
réelle de la matrice de Bogoliubov ainsi que de la partie imaginaire.

On peut faire une dernière remarque. Nous avons dit que dans le cas des atomes
en interaction le potentiel chimique µ était déterminé par les interactions entre atomes
et par leur densité. Il correspond à la fréquence d’oscillation du système à l’équilibre.
Ici, pour les polaritons, c’est la fréquence d’excitation qui correspond au potentiel
chimique µ = ~ωp. Un des avantages d’un tel système est que ce potentiel chimique
peut être facilement modulable. En effet, dans les condensats d’atomes moduler la
densité d’atome est très délicat, de même pour la constante d’interaction. Dans le
cas des polaritons, les paramètres d’excitation nous donnent directement accès à ce
potentiel chimique mais aussi à la vitesse de propagation des polaritons dans le plan
(v = ∂ωLP/∂k), ainsi qu’à leur densité. Même la constante d’interaction (dans une
moindre mesure) est ici contrôlable, sachant que gLP = |Xkp

|4g. Autrement dit, on a
l’avantage d’avoir un accès direct à tous les paramètres du système.

Afin de pouvoir caractériser le régime d’écoulement d’un tel fluide, on peut s’inté-
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resser à sa dispersion. Cela dit, la linéarité de la dispersion, qui est une preuve directe
de la superfluidité, reste très difficile à observer expérimentalement. Plus simplement,
si on place un défaut sur le passage du fluide, on pourra directement mettre en évidence
son régime d’écoulement, comme nous allons voir.

B.3 Résultats numériques et expérimentaux

Pour reproduire les résultats expérimentaux, le modèle analytique n’est plus suf-
fisant ; il faut prendre en compte l’inhomogénéité de la pompe ainsi que la présence
du défaut. Pour ce faire, on utilise les équations de Gross-Pitaevskii pour les pola-
ritons (3.5), dans lesquelles les opérateurs Ψ̂X(C) ont été remplacés par des valeurs
complexes (représentation de Wigner). Dans le cas où les potentiels VC et VX sont
nuls, alors ce programme nous donne les mêmes résultats que ceux trouvés avec le
modèle du champ moyen précédemment traité. On implémentera, grâce au potentiel
VC(x), un défaut localisé de taille équivalente à ce qui a été observé expérimentalement
et on prendra 1 meV comme hauteur énergétique. Dans ce qui suit l’excitation sera
gaussienne avec σx/y = 45 µm et centrée sur le défaut. Pour plus de développement sur
ce modèle et sur la relation qu’il entretient avec les simulations Monte Carlo utilisées
dans le chapitre 2, je renvoie le lecteur à l’annexe A. Notons que, contrairement à ce
qui a été fait dans le chapitre 2, ici c’est le faisceau transmis qui est analysé. Les expé-
riences sont réalisées à 4K. Pour plus d’informations sur l’échantillon utilisé et le setup
expérimental, voire la référence [30].

Les résultats obtenus au sein du LKB à Paris (expérimentaux) ainsi que ceux ob-
tenus durant ce travail de thèse sont représentés conjointement sur la figure 3.12. La
partie supérieure (figure 3.12.a) correspond aux résultats expérimentaux et la partie
inférieure (figure 3.12.b) aux simulations numériques. Pour chaque set d’images, il y
a, en échelle de gris, numérotés de I à III, les images en champ proche et en échelle
de couleurs, numérotés de IV à VI, les images en champ lointain. Pour les images en
champ proche, on peut distinguer au centre un défaut. Ici trois puissances d’excitation
sont représentées.

En bleu à gauche, on peut voir le résultat de l’interaction entre un faisceau de
pompe de faible intensité et la microcavité. Sur l’image a-I ainsi que sur l’image b-I,
on peut voir des fronts d’onde elliptiques typiques de l’écoulement d’un fluide classique
en régime subsonique. Dans l’espace réciproque (image a-IV et b-IV) un point de
très forte intensité, noté par un point noir, correspond à l’excitation. On distingue en
plus très nettement un anneau dit anneau de Rayleigh, caractéristique d’une diffusion
élastique. On en conclut que nous sommes en présence d’un fluide de polaritons diffusé
par le défaut. Ces images correspondent au régime linéaire montré sur le point A de la
figure 3.11.

En rouge au centre, on se trouve à une excitation intermédiaire. Dans l’espace réel
(a-II et b-II), on peut voir que les franges elliptiques ont partiellement disparu. Alors
que dans l’espace réciproque (a-V et b-V), l’anneau de Rayleigh collapse.

Enfin en vert à droite, l’excitation est suffisante pour atteindre le régime superfluide.
Cela se traduit dans l’espace réel par une disparition totale des franges due à la diffusion
élastique (a-III et b-III). Reste une densité polaritonique ne comportant que très
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Figure 3.12 – Résultats expérimentaux (en haut, figure.a) et numériques (en bas, figure.b).
Trois régimes sont représentés : en bleu à gauche, le régime de faible excitation (régime li-
néaire), en rouge au centre, le régime intermédiaire (régime précurseur de superfluidité) et en
vert à droite, le régime de forte excitation (régime superfluide). Les images numérotées de I

à III en échelle de gris représentent la densité de polaritons dans l’espace réel. Le défaut est
visible au centre. La flèche jaune indique la direction d’écoulement du fluide. Les images numé-
rotées de IV à VI, en échelle de couleurs, correspondent à la distribution des polaritons dans
l’espace des k. Le rectangle jaune de la figure a-IV renvoie à la figure 3.13.b. Les paramètres
des expériences et des simulations sont identiques et correspondent à ceux de la figure 3.10 à
l’exception de l’excitation qui est, ici, gaussienne centrée sur le défaut (σx/y = 45 µm). Images

extraites de la référence [30].



B. Superfluidité des polaritons 89

peu (a-III) voire aucune (b-III) modulation. Le défaut, quant à lui, est parfaitement
visible. L’écoulement du fluide se fait sans être perturbé par le défaut. On a écoulement
superfluide. Si on regarde l’espace réciproque maintenant (a-VI et b-VI), l’anneau
Rayleigh y a complètement disparu. Il ne reste plus qu’un point, confondu avec le laser
de pompe. On retrouve bien ce qui avait été dit dans la partie précédente et ce que
montre la dispersion de Bogoliubov du point C (figure 3.11). Le seul niveau d’énergie
disponible est confondu avec la pompe ce qui inhibe toute diffusion élastique, ce qui
correspond à la définition du régime superfluide donnée précédemment.
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Figure 3.13 – La figure.a montre la densité polaritonique, en fonction de l’intensité d’exci-
tation. En cercles pleins noirs, les résultats expérimentaux et en cercles vides oranges les ré-
sultats numériques. Les rectangles bleus, rouges et verts numérotés I, II et III correspondent
aux différents régimes montrés sur la figure 3.12. La figure.b représente l’intensité diffusée par
rapport à l’intensité totale en fonction de l’énergie d’excitation. L’intensité diffusée est prise
comme l’intensité à l’intérieur du rectangle jaune de la figure 3.12.a-IV. Images extraites de

la référence [30].

Sur la figure 3.13.a, on a la densité totale des polaritons en fonction de la puissance
d’excitation normalisée par rapport au seuil (régime d’excitation transitoire indiqué en
rouge sur la figure 3.12). Les cercles oranges correspondent aux résultats simulés tandis
que les cercles noirs pleins correspondent, eux, aux résultats expérimentaux. On peut
voir un remarquable accord sur la tendance des deux courbes. Par contre, au vu de
la courbe de champ moyen tracée sur le figure 3.10.a, on ne retrouve pas de courbe
de bistabilité. Cela vient de l’excitation gaussienne de notre système. Les rectangles
de couleurs, numérotés de I à III, indiquent la position des points correspondants
aux images montrées sur la figure 3.12. Quant à la figure 3.13.b, elle nous donne à
voir l’intensité diffusée normalisée en fonction de la puissance d’excitation. L’intensité
diffusée étant prise comme l’intensité émise à l’intérieur du rectangle jaune indiqué sur
l’image 3.12.a-IV. Comme précédemment, les résultats expérimentaux sont représentés
par des cercles noirs pleins et ceux des simulations, par des cercles oranges. On voit
bien qu’une fois le seuil franchi, l’intensité diffusée décroît rapidement, ce qui corrobore
le collapse de l’anneau de diffusion élastique énoncé précédemment.

Afin de compléter ces résultats, le lecteur pourra se reporter à l’annexe B.1 où l’on
y trouvera deux vidéos, une pour les expériences et une pour les simulations, montrant
l’évolution de la densité polaritonique, conjointement dans l’espace réel et réciproque
pour différentes intensités de pompe. On y verra que la disparition des franges y est



B. Superfluidité des polaritons 90

d’autant plus claire ainsi que le collapse de l’anneau de diffusion Rayleigh.
Ainsi nous avons mis en évidence l’existence d’une phase superfluide dans les pola-

ritons excitoniques excités de façon résonnante. Mais à l’image de ce qui a été observé
dans les atomes, peut-on atteindre des régimes d’écoulement supersoniques ? C’est ce
que nous allons voir.

B.4 Effet Čerenkov dans un fluide de polaritons

Une des nombreuses propriétés d’un superfluide est d’être non perturbée par la
présence d’un défaut tant que sa vitesse est subsonique. La transition entre le régime
subsonique et supersonique peut bien entendu être obtenue en variant la vitesse, mais
aussi en variant le décalage polariton-pompe (pour plus de développements voire par-
tie C).

Dans le modèle analytique
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Figure 3.14 – À gauche, la solution stationnaire du champ moyen pour un désaccord
polariton-pompe de ∆p = −0.106 meV et pour un vecteur d’onde de la pompe de kp =
−0.52 µm−1. La partie en pointillés correspond à un champ instable. À droite, les valeurs
propres (partie réel) de la matrice de Bogoliubov correspondant au point C indiqué sur le champ
moyen. La croix rouge indique l’énergie et le vecteur d’onde de la pompe. Les paramètres em-
ployés sont les suivant : ~ω0

X = 1484.25 meV, ~ωC(0) = 1483.3 meV, , ~ΩR = 2.15 meV et
kz = 27 µm−1. Les autres paramètres sont identiques à ceux de la figure 3.10.

À l’aide du modèle présenté dans la partie B.2, en changeant les paramètres (∆p =
−0.106 meV et kp = −0.52 µm−1), on trouve la solution stationnaire du champ moyen
représentée 3.14 à gauche. La courbe est très ressemblante à celle présentée figure 3.10
à gauche. Le champ moyen varie peut avec les paramètres. Par contre, à l’heure d’ob-
server les perturbations du champ moyen et leur comportement, on va voir un chan-
gement significatif. La dispersion des modes de Bogoliubov est représentée figure 3.14



B. Superfluidité des polaritons 91

à droite. Seule est représentée la partie réelle des valeurs propres de la matrice de Bo-
goliubov (3.11) et pour une unique valeur du champ moyen, notée C, indiquée sur le
graphe de gauche. On peut voir que, contrairement à ce que montre le point C de la
figure 3.11, ici, la pompe n’est plus confondue avec le minimum d’énergie du système.
De plus, on a ici un écart d’environ 0.2 meV qui est bien supérieur à la largeur des
modes γLP ≈ 0.1 meV. La diffusion élastique est donc permise, et par conséquent, nous
ne sommes plus dans un régime superfluide mais dans le régime Čerenkov [20]. Ce qui
doit se traduire dans l’espace réel par des fronts d’ondes linéaires, comme nous l’avons
vu dans la partie A.3.

Résultats expérimentaux et numériques

Ce qui a été prédit numériquement et observé expérimentalement pour une exci-
tation gaussienne (σx/y = 45 µm), est représenté sur la figure 3.15. Cette fois encore,
sont représentés conjointement les résultats expérimentaux en haut (figure 3.15.a) et
simulés en bas (figure 3.15.b). En échelle de gris et pour chaque partie (numérotée
de I à III) on peut voir la densité polaritonique dans l’espace réel. Sur ces images,
on distingue au centre le défaut. En-dessous et en échelle de couleurs (numérotée de
IV à VI), on a la distribution dans l’espace réciproque des polaritons. Trois régimes
d’excitation sont représentés.

En bleu, un régime d’excitation faible qui correspond au régime linéaire. Pour ce
qui est des images dans l’espace réel (a-I et b-I), au vu du régime linéaire de la
configuration précédente, ici, les franges sont moins elliptiques et plus paraboliques.
Ici, on est proche du régime supersonique et ce, même en régime linéaire. Dans l’espace
réciproque (a-IV et b-IV), cela se traduit par une excitation de pompe très proche de
l’anneau Rayleigh. Anneau clairement visible, ce qui nous confirme que nous sommes
en présence d’un fluide classique de polaritons.

En rouge, un régime intermédiaire pour lequel les résultats en espace réel (a-II et
b-II) montre une disparition des franges paraboliques et l’apparition de nouvelles plus
linéaires. Quant à l’espace réciproque (a-V et b-V), cette fois encore l’anneau Rayleigh
montre un collapse.

Enfin, les images en régime de fortes excitations, sont indiquées en vert sur la
figure 3.15. Dans l’espace réel (a.III et b.III), on peut voir distinctement que contrai-
rement aux mêmes images de la figure 3.12, le défaut perturbe le fluide. On ne se trouve
donc plus dans un régime superfluide. La perturbation créée, montre deux franges li-
néaires, qui comme on l’a vu est typique d’un écoulement supersonique. C’est donc
bien un effet Čerenkov qui est observé ici. Il est plus délicat de conclure sur l’espace
réciproque (a-VI et b-VI). Comme on l’a montré, l’effet Čerenkov se traduit par un
anneau de diffusion élastique, pas totalement collapsé. L’élargissement des modes du
système ne permet pas d’y avoir accès directement.

Sur la figure 3.16, la densité polaritonique totale est représentée comme précédem-
ment, en fonction de l’intensité d’excitation normalisée, avec en noir, les résultats expé-
rimentaux et en orange, ceux simulés. Ici aussi, l’accord entre expérience et simulation
est très bon. Les rectangles de couleurs numérotés de I à III renvoient aux différents
régimes d’excitation représentés figure 3.15. Là encore le désaccord apparent entre les
résultats du modèle analytique, présenté figure 3.14 et ces résultats, est principalement
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Figure 3.15 – Résultats expérimentaux (en haut, figure.a) et numériques (en bas, figure.b).
Trois régimes sont représentés : en bleu à gauche, le régime de faible excitation (régime li-
néaire), en rouge au centre, le régime intermédiaire (régime précurseur de l’effet Čerenkov) et
en vert à droite, le régime de forte excitation (régime Čerenkov). Les images numérotées de
I à III en échelle de gris représentent la densité de polaritons dans l’espace réel. Le défaut
est visible au centre. Les images numérotées de IV à VI en échelle de couleur correspondent
à la distribution des polaritons, dans l’espace des moments. Les paramètres des expériences
et des simulations sont identiques et correspondent à ceux de la figure 3.14, à l’exception de
l’excitation qui est, ici, gaussienne centrée sur le défaut (σx/y = 45 µm). Images extraites de

la référence [30].
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Figure 3.16 – Cette figure montre la densité polaritonique en fonction de l’intensité d’ex-
citation. En cercles pleins noirs, les résultats expérimentaux et en cercles vides oranges, les
résultats numériques. Les rectangles bleu, rouge et vert numérotés I, II et III correspondent

aux différents régimes montrés sur la figure 3.15. Image extraite de la référence [30].

dû au profil gaussien de l’excitation.
À l’image de ce qui a été fait pour le régime superfluide, deux vidéos sont disponibles

dans l’annexe B.2, où on pourra y voir l’évolution de la densité polaritonique à la fois
dans l’espace réel et dans l’espace réciproque pour différentes intensités de pompe.

À titre de conclusion partielle, on peut dire que si la superfluidité des polaritons
a été prédite théoriquement pour une onde plane d’excitation, l’observation ainsi que
la simulation de ces observations confirment l’existence d’un tel état chez ces bosons
en interaction, que sont les polaritons excitoniques. Cette caractérisation de la super-
fluidité a été faite en termes d’écoulement sans diffusion, à travers un défaut. On a
aussi pu montrer qu’en plus d’avoir des propriétés superfluides proches de celles de
l’hélium 4, le passage dans un régime supersonique avait les mêmes effets. Cela dit,
l’aspect thermodynamique d’un tel fluide reste aujourd’hui encore à étudier, de même
que le rôle de la fraction condensée sur les propriétés de cet état. Mais c’est un autre
aspect qui va nous intéresser maintenant : l’aspect hydrodynamique.

C Turbulences et superfluide de polaritons

Dans un premier temps (partie C.1), nous nous intéresserons au cas des superfluides
d’atomes pour lequel les turbulences ont déjà largement étudiées. Suite à quoi, dans la
partie C.2, nous verrons quelles sont les principales différences entre les atomes et les
polaritons et ce que cela implique en termes de turbulences. Suivra l’étude du régime
d’écoulement turbulent et de ses limites. Pour finir (partie C.3), nous présenterons une
méthode permettant de fixer et contrôler les turbulences en tirant profit des particula-
rités de ces superfluides.

Il peut paraître surprenant à l’heure de parler de fluide sans viscosité (superfluide)
de parler de turbulences. En effet, dans un fluide classique il est usuel de définir un
écoulement turbulent, lorsque l’énergie par unité de surface d’un fluide en mouvement
est relativement importante, devant les forces de viscosité que le fluide oppose au
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déplacement. Avec une telle définition, un écoulement superfluide semble ne pouvoir
n’être que turbulent, vu sa viscosité presque nulle. Cela dit, de par ces propriétés,
apparaît dans ce fluide, une viscosité quantique. En fonction des conditions on aura
donc plusieurs régimes d’écoulement possible.

C.1 Cas des atomes

Dans le cas d’un système dilué (na3 ≪ 1 avec a la longueur de diffusion) et à
température nulle, on peut négliger les fluctuations : Ψ̂ ≈ Ψ et on a n = |Ψ|2 avec
n(x) la densité locale. Le champ du condensat Ψ peut être décomposé en son module
et en une phase S tel que : Ψ(x) =

√
n(x) exp (iS(x)). Sachant cela, on peut définir la

vitesse locale du superfluide v(x, t), tel que

v(x, t) =
~

m
∇S(x, t) (3.12)

L’équation (3.2) se traduira donc en deux équations, faisant intervenir principale-
ment la densité locale n et la vitesse locales v du superfluide :

∂

∂t
n+∇ · (nv) = 0 (3.13a)

m
∂

∂t
v +∇

(
Vext + gn− ~

2

2m
√
n
∇2

√
n+

mv2

2

)
= 0 (3.13b)

Plusieurs différences entre un fluide classique, régi par les équations de Navier-
Stokes, et les superfluides, sont visibles ici. En premier lieu un superfluide est irrota-
tionnel. Cela se voit tout particulièrement dans la second équation. Dans une fluide
classique le terme ∇(mv2/2) s’écrit m(v · ∇)v (terme d’advection). En second lieu, il
n’y a pas dans l’équation (3.13b) de terme faisant intervenir la viscosité. Par contre,
le terme − ~2

2m
√
n
∇2

√
n, appelé pression quantique, peut être relié à une forme de vis-

cosité [32]. À l’heure de négliger cette pression (approximation de Thomas-Fermi), on
remarque que l’équation (3.13b) devient analogue à l’équation d’Euler pour un gaz
parfait (sans viscosité). On voit qu’un superfluide n’est pas un fluide parfait et donc
que la production de turbulence y est possible.

Un paramètre couramment employé dans l’étude des superfluides est la healing
length ou longueur de cicatrisation ou encore longueur de corrélation qui se définit
comme suit :

ξ = (8πna)−1/2 =
~√

2mgn
(3.14)

Cette longueur caractérise la distance sur laquelle la fonction d’onde du condensat
"cicatrise" ou retourne à sa valeur initiale, lorsqu’il est perturbé localement.

Vortex

Les propriétés des superfluides font que le rotationnel de la vitesse v(x, t) est nul.
Cela ne signifie pas pour autant que si on fait tourner un tel fluide, le champ de vitesse
restera inchangé. Cela signifie que sa rotation sera très différente de celle d’un fluide
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conventionnel et dépendra de Ω la vitesse de rotation du fluide. L’énergie d’inertie
emmagasinée sera convertie en vortex. L. Onsager [33] et R. P. Feynman [34] ont
montré que l’intégrale de la vitesse autour de ces vortex doit être un nombre quantifié :

2πn
~

m
=

∮
v · dl (3.15)

avec n un nombre entier. Ω joue le rôle ici de la vitesse de propagation du fluide
présenté dans la partie A.2, on retrouve qu’en-dessous d’une certaine vitesse de rotation
Ωv = Ev/L [35] le fluide restera dans l’état fondamental, avec Ev l’énergie portée par
un vortex et L le moment angulaire de rotation auquel le fluide est soumis. Lorsque ce
moment angulaire augmente on observe l’apparition progressive de vortex qui forme un
réseau de vortex ordonné [36], comme cela a été observé dans l’hélium 4, en 1979 [37]
ainsi que dans les condensats de Bose-Eintein, en 2000 [38]. Le superfluide se trouve
dans un état métastable. Si la vitesse de rotation dépasse une certaine valeur critique
Ωc, équivalent du critère de Landau, le superfluide se trouve dans un état instable [39].
D’autres méthodes ont permis la création de vortex. Entre autres, on notera celle qui
consiste à imprimer une phase au condensat à l’aide d’un laser [40].
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Fig. 3.17 – Zoom sur la densité d’un
superfluide atomique (simulation) en
écoulement proche d’un défaut indi-
qué en pointillés rouges. Les flèches
bleues indiquent la vitesse locale du

fluide.

Mais cette méthode du seau tournant ne se
trouve pas être très adaptée à notre configura-
tion. Pour notre part, nous nous intéresserons à
un schéma plus proche de ce que L. Landau décrit
dans la référence [8]. Cela consiste à étudier un su-
perfluide s’écoulant à travers un défaut comme vu
dans la partie précédente. Bien que jamais observé
expérimentalement dans les superfluides d’atomes,
dû à la nécessité d’avoir un piège optique, permet-
tant ou bien cette propagation ou bien la propaga-
tion d’un défaut sur une distance suffisante, cette
configuration a largement été étudiée et l’est tou-
jours théoriquement [41–48].

D’après ce qu’on a dit dans la partie 3.12, nous
avons un écoulement superfluide tant que la vi-
tesse du fluide ne dépasse pas une certaine vitesse
critique (au sens de Landau). Dans les atomes,
cette vitesse du fluide est confondue avec la vi-
tesse du son de Bogoliubov cs. Au-delà de cette

vitesse l’écoulement sera supersonique. Mais, on peut mettre en évidence que la pré-
sence d’un défaut opaque la densité du fluide. Densité directement liée à la vitesse du
son cs =

√
~gn/m. Ces modulations aux abords du défaut peuvent donner lieu à la

création de turbulence comme par exemple des vortex. Une nouvelle vitesse critique vc
peut être déterminée, tel que vc =

√
2/11cs ≈ 0.43cs [41, 46], au-delà de laquelle il y a

formation de turbulence. Pour avoir une expression plus précise, on peut montrer que
vc = ~/md ln(d/ξ) [49], avec d le diamètre d’un défaut circulaire placé sur la course du
fluide. Le régime turbulent correspondra donc à une vitesse du fluide comprise entre
la vitesse critique vc et la vitesse du son cs. Dans ce régime, des paires de vortex (un
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vortex et un antivortex respectivement de phase tournant de 2π et −2π) se forment sur
les bords du défaut. Sur la figure 3.17, est représentée la densité calculée aux abords
d’un défaut d’un condensat d’atomes. À l’arrière de ce défaut, deux vortex (un vortex
et un antivortex) sont visibles. Les flèches bleues indiquent la vitesse locale du fluide.
On voit clairement que cette vitesse tourne autour des vortex. Il a récemment été mon-
tré (théoriquement) que les vortex produits pouvaient créer des allées de Bénard-Von
Karman [48], phénomène bien connu en turbulence hydrodynamique.

Solitons noirs obliques

En plus de ces vortex d’énergie bien quantifiée la spécificité des écoulements super-
fluides ne s’arrête pas là. En régime supersonique, on va voir apparaître non pas des
turbulences comme dans les fluides usuels mais des paires de solitons obliques noirs.

Avant de les détailler, il nous faut préciser la terminologie employée. Un soliton
ou onde solitaire, est considéré couramment comme une onde auto-entretenue se pro-
pageant dans un milieu non-linéaire. Ce sont des phénomènes courants en physique
non-linéaire. Ces solitons peuvent être noirs ou brillants, traduisant un excès ou un
déficit de densité. On notera qu’à une dimension, l’étude d’un superfluide en régime
turbulent donne naissance, non pas à des vortex (nécessite au moins deux dimensions),
mais à des solitons [50, 51]. La méthode citée précédemment qui consiste à imprimer
avec un laser une phase sur un condensat, permet d’observer la propagation de cette
onde solitaire dans ce liquide [52, 53]. Mais dans le régime supersonique d’un super-
fluide s’écoulant à travers un défaut, l’émission de vortex au bord du défaut devient
si important qu’il y a recouvrement entre eux. Recouvrement qui va créer une paire
d’ondes solitaires stationnaires comme accrochées au défaut. La phase tournante des
vortex de 2π (ou −2π) se transforme en saut de phase le long de cette ligne noire, au
maximum égal à π. Sur la figure 3.8, une grande quantité de vortex est émise par le
défaut alors que nous nous trouvons dans le régime Čerenkov. Les solitons nécessitent
un certain temps pour se stabiliser. Des travaux récents, ont montré que ces solitons
restaient stables, tant que la vitesse du fluide était supérieure à celle du son [54, 55].

Intéressons-nous au cas d’un superfluide hors équilibre comme celui décrit dans la
partie précédente.

C.2 Cas des polaritons

Le caractère hors équilibre, comme nous allons le voir, change de façon importante
la dynamique des turbulences. Mais avant de rentrer dans les détails, précisons que
la présence de turbulences dans des milieux lasers [56], ainsi que dans les milieux de
non-linéarité optique de type Kerr [57], a déjà fait l’objet de plusieurs études. D’autres
études plus poussées ont permis de mettre en évidence la présence de solitons statiques
dans ces mêmes milieux ainsi que la relation qu’ils entretiennent avec les vortex [58].
Notons aussi que de nombreuses études et mise en évidence la présence de vortex
dans des systèmes polaritoniques excités hors-résonances[59–61]. Mais ces milieux ne
permettent pas l’étude d’un écoulement hydrodynamique d’un superfluide à travers un
défaut.
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Excitation résonante ou fixation de phase

La formation de vortex ainsi que de solitons qui se traduisent par une modulation
locale de la phase, se trouve en compétition avec la phase fixe imposée par l’excitation.
En effet, comme nous l’avons vu, les turbulences, aussi bien les vortex que les solitons,
sont caractérisées par une modulation locale de la phase. D’un autre côté, l’excitation
résonante impose la phase de la pompe au superfluide. Il y a donc frustration de
la phase et par conséquent, inhibition de la génération de turbulence. Dans le cas
d’une excitation homogène, on ne pourra pas voir la formation de turbulence. Afin de
résoudre ce problème, il a été proposé d’éteindre brutalement l’excitation [62]. Ainsi,
la frustration de phase disparaît et les turbulences et leurs modulations de la phase
associée peuvent se former. C’est une solution proche de ce qui a été expérimentée
récemment par une équipe de L’EPFL de Lausanne, où l’excitation n’était plus en
continue mais pulsée. La dynamique des polaritons étant très rapide, le superfluide
peut être créé pendant la durée d’un pulse, et ensuite se propager autant que faire se
peut. Le principal inconvénient de cette technique c’est la vitesse de la dynamique.
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Fig. 3.18 – Profil
d’excitation. En poin-
tillés rouges est indiqué
là où sera positionné le

défaut.

La durée de vie des polaritons étant de l’ordre de la dizaine
de picosecondes, l’observation d’un superfluide de polaritons
en l’absence d’excitation ne peut perdurer sur plus de quelques
dizaines de picosecondes. Ce qui, ne permet pas d’observer les
solitons obliques car leur établissement passe par un régime
transitoire souvent plus long que le temps de vie du superfluide.

Afin de palier à ces problèmes, l’idée que nous avons proposé
est de créer un réservoir de polaritons superfluides qui s’écoule-
raient à travers un défaut. Dans le réservoir en amont du défaut,
la phase est fixe et le superfluide se trouve dans un régime sta-
tionnaire. Le défaut est situé à l’extérieur du réservoir, proche
de celui-ci, et dans la direction du flux. En d’autres termes et
comme représenté sur la figure 3.18, il suffit de masquer une
partie du spot d’excitation continue, en prenant grand soin de
ne pas exciter le système au niveau du défaut. Excitation qui
aurait pour effet d’inhiber la formation de turbulence. Aussi, la
phase du superfluide est totalement libre de contrainte et peut
être modulée.

Simulations des différents régimes

Des simulations ont été réalisées avec le même programme que celui utilisé pour la
partie B, avec une grille de 256×128 points. La configuration choisie diffère légèrement.
Le temps de vie des polaritons est pris de l’ordre de 30 picosecondes et le désaccord
exciton-photon est de 4 meV. Les polaritons bas sont par conséquent très excitoniques,
ce qui équivaut à une interaction effective polariton-polariton importante. L’excitation
est prise à angle fixe (kp = 1 µm−1). Le contrôle des paramètres pertinents est fait
via la densité (connecté à le vitesse du son). Quant à l’énergie de l’excitation, elle sera
ajustée afin d’augmenter la gamme de densité atteignable. La densité polaritonique
varie comme la racine carrée de l’excitation, par conséquent, on aura cs ∝ I

1/4
p . Par
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Figure 3.19 – Densité polaritonique en haut (image D) et la phase en bas (image P) pour
différents rapports v/cs. La vitesse du fluide est la même pour chaque image (kp = 1 µm−1).
De l’image (a) à (e) le rapport v/cs croit, soit la densité décroit. Avec respectivement v/cs au
niveau de l’équateur (comme indiqué figure 3.20) de 0.037, 0.76±0.03, 0.93±0.02, 1.02±0.02
et 1.72±0.13. Plus précisément, les différents paramètres pris sont : ~ωX(k = 0) = 1479 meV,
~ωC(k = 0) = 1483 meV), ~γX,C = 0.02 meV, et ~ΩR = 2.65 meV. Cavity photon mass mC =
40.10−6me. La masse des excitons mX est prise infinie. Le potentiel du défaut (photonique)
est de VC = 20 meV. Pour chaque image on a : ∆p = −0.5 meV, Fmax

p /γC = 5.105 µm−1

(a) ; ∆p = −0.5 meV, Fmax
p /γC = 250 µm−1 (b) ; ∆p = −0.4 meV, Fmax

p /γC = 250 µm−1

(c) ; ∆p = −0.3 meV, Fmax
p /γC = 250 µm−1 (d) ; ∆p = −0.1 meV, Fmax

p /γC = 20 µm−1

(e). Les images sont toutes stationnaires en temps, à l’exception de (b). Les simulations sont
réalisées pour une grille de 256 × 128 points. Note : l’échelle de couleur des images (D) est

légèrement saturée.
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contre la densité en régime superfluide varie linéairement en fonction du désaccord :
nmin ≈ ∆p/(3~g|Xkp |4), ou nmin correspond à la densité minimale dans le régime non-
linéaire (point C de la figure 3.10). Donc, le son de Bogoliubov variera comme la racine
du désaccord pompe-polariton.

Sur la figure 3.19, on peut voir un résumé des résultats obtenus. Les images notées
(D) correspondent à la densité photonique normalisée, quant aux images notées (P),
elles correspondent à la phase. La vitesse du fluide est dirigée vers le bas, comme
indiquée par les flèches bleue et noire. Le rapport v/cs est pris croissant de (a) à (e).
La vitesse du son et donc la densité décroissent de (a) à (e). Le diamètre du défaut est
de l’ordre de quatre fois la longueur de cicatrisation ξ. La vitesse du son est évaluée
localement à partir de la densité excitonique.

Le rapport de la vitesse du fluide et de la vitesse de Bogoliubov pour la figure 3.19.a
est de v/cs ≈ 0.04 soit inférieur à vc/cs. D’après ce qui a été dit dans la partie C cela
correspond à un régime superfluide sans turbulences. Comme le montre la densité pho-
tonique (D-a) on a bien un régime superfluide sans turbulences. Le fluide s’écoule sans
être modifié par le défaut. La densité décroît rapidement après le défaut. À cause des
erreurs numériques, lorsque la densité devient très faible, des modulations apparaissent.
Sur l’image de la phase, visible sur l’image P-a, on voit distinctement que la phase est
très peu modulée après le défaut. On remarquera qu’on a une accélération du fluide
après le défaut. Cela vient du potentiel effectif vu par les polaritons. Dans le réservoir
(au-dessus du défaut), la densité polaritonique importante donne lieu à un décalage
vers le bleu de l’énergie des polaritons. Lorsque le fluide sort du réservoir la densité
diminuant, l’énergie de ce décalage diminuera d’autant. Les polaritons sont donc ac-
célérés par ce gradient d’énergie effectif. Cet effet est visible sur toutes les images de
phase.

Sur les images (b), on a v/cs = 0.76 ± 0.03. La vitesse du fluide se trouve com-
prise entre la vitesse critique vc, et la vitesse du son cs ce qui correspond à un régime
superfluide turbulent. Comme le montre l’image (D-b), on a bien après le défaut mo-
dulation de la densité. Le fluide est perturbé par le défaut, ce qui montre que nous nous
trouvons dans un régime de turbulences. Sur l’image de la phase (P-b), on distingue
clairement plusieurs points autour desquels la phase tourne de ±2π, ce qui indique des
turbulences quantiques. Pour évaluer la présence de vortex (ou anti-vortex), on intègre
la phase autour de chaque point [47]. Les points correspondants à une intégrale de
±2π sont indiqués sur l’image (D-b) par une étoile rouge (vortex) et par un cercle
bleu (anti-vortex). Ces deux images correspondent à une image à un temps donné. Par
contre, les autres images correspondent à une solution stationnaire. Dans cette confi-
guration, on a émission périodique de vortex. Une vidéo de ce régime turbulent est
disponible dans l’annexe B.3. On peut y voir la propagation des vortex et antivortex
à l’arrière du défaut, voire la recombinaison de certains d’entre eux. La désintégration
des vortex ainsi que leurs recombinaisons donnent lieu à des ondes de pression circu-
laires propageantes ; ces dernières, additionnées aux erreurs numériques, donnent lieu
aux importantes modulations de la densité après le défaut.

Pour ce qui concerne les images c, on trouve v/cs = 0.93 ± 0.02. Soit un rapport
proche de l’unité. Lorsque le nombre de Mach (v/cs) est proche de 1, les solitons tendent
à se stabiliser [55]. Comme le montre la densité photonique (image (D-c)), il y a bien
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une paire de solitons, mais pas exactement rectiligne. Cela correspond à une solution
stationnaire de l’équation de Gross-Pitaevskii : une paire de solitons en limite stabilité.

v/cs équateur

5 µm v/cs aval

v/cs pôle nord

v/cs amont

Fig. 3.20 – Différents points de dé-
termination de la vitesse du son locale

correspondant au tableau 3.1.

La phase visible sur l’image P-c donne à voir que
chaque soliton correspond à un saut de phase d’un
peu moins de π. Lorsque le nombre de Mach aug-
mente légèrement v/cs = 1.02 ± 0.02, on peut
voir sur l’image D-d que les solitons se stabilisent.
Quant au saut de phase visible sur l’image (P-d),
il diminue légèrement (environ 0.6π). Mais ce ré-
gime, où v/cs > 1 correspond au régime Čerenkov.
Alors que, comme le montre l’image D-d, aucune
frange avant le défaut n’apparaît. Cela s’explique
par le fait que la densité dans le réservoir et celle
au niveau du défaut sont différentes. Cette diffé-
rence donne lieu, dans le réservoir, à un nombre
de Mach de 0.73, alors qu’il est de 1.02 au niveau
du défaut. Le fluide est donc subsonique dans le

réservoir et supersonique après. Dans le tableau 3.1, sont résumées certaines valeurs du
nombre de Mach pour différents points des simulations, pour chacun des cinq régimes
présentés sur la figure 3.19. Les points en question, appelés amont pour le réservoir,
pôle nord, équateur et aval pour l’arrière du défaut, sont précisés sur la figure 3.20.

a b c d e

v/cs amont 0.003 0.623± 0.08 0.67 0.73 4.1± 1.8
v/cs pôle nord 0.003 0.579 0.616 0.67 1.15
v/cs équateur 0.037 0.76± 0.03 0.93± 0.02 1.02± 0.02 1.72± 0.13
v/cs aval 1.4± 0.3 2.3± 0.7 2.2± 1.5 2.22± 0.42 4± 0.5

Table 3.1 – Valeurs du rapport de la vitesse du fluide sur la vitesse du son (nombre de
Mach) correspondant aux images de la figure 3.19 pour différents points indiqués figure 3.20.

Les images e correspondent à v/cs = 1.72 ± 0.13 au niveau du défaut et à v/cs =
4.1± 1.8 dans le réservoir. Cette fois, quelque soit la position où l’on évalue le nombre
de Mach, il sera supérieur à l’unité. Tout le système est dans un état supersonique.
Cela correspond bien à ce qui est observé sur les images e de la figure 3.19. Des franges
Čerenkov apparaissent à l’avant du défaut (dans le réservoir), et à l’arrière une paire
de solitons est clairement visible. On notera, comme le montre l’image (P-e), que le
saut de phase associé aux solitons est ici encore plus petit que précédemment (environ
π/2).

Par conséquent, on voit bien que le contrôle de la densité des polaritons via l’in-
tensité d’excitation, et que le désaccord polariton-pompe nous permettent d’explorer
les différents régimes d’écoulement d’un superfluide. De plus, les critères d’écoulement
déterminés dans les superfluides hors équilibre s’avèrent correspondre à ceux à l’équi-
libre. De récentes expériences ont permis de mettre en évidence la présence de solitons
obliques noirs dans un superfluide de polaritons excitoniques.
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C.3 Piégeage de vortex

Le système présenté précédemment, consistant à exciter fortement les polaritons
au dessus du défaut, ne semble pas permettre l’observation de vortex dans des condi-
tions raisonnables. En effet, la vitesse de propagation des vortex et des anti-vortex
étant d’environ 0.6 µm.ps−1 l’observation de leur propagation nécessitera une caméra
ultra rapide. Pour palier à ce problème, nous allons exposer une idée présentée dans
l’article [63], qui permet à la fois de fixer les paires de vortex et de les contrôler.

Piège triangulaire et réseau de vortex

L’idée consiste à utiliser la pompe pour créer, comme précédemment, les vortex mais
aussi pour les piéger. Pour ce faire, on ne va pas se contenter de pomper juste au-dessus
du défaut. Seule une zone bien définie sera laissée sans excitation. Sur le figure 3.21, on
peut voir une telle excitation. Le triangle noir correspond dans l’espace réel, à la zone
non excitée. En pointillés rouges on a la position du défaut. La forme triangulaire n’est
pas nécessaire pour piéger une paire de vortex-antivortex mais comme nous allons
le voir, elle permet de faire mieux. Dans ces simulations, les bords du triangle sont
gaussiens, de largeur σ = 1 µm, pour correspondre au mieux à des conditions réalistes.
Une dynamique similaire a été observée avec des frontières plus douces encore.

fl
u

x10 µm

Fig. 3.21 – Profil d’excitation per-
mettant le piégeage de vortex et an-
tivortex. En pointillés rouges est in-
diqué la où sera positionné le défaut.
Image extraite de la référence [63].

La figure 3.22.a illustre le résultat d’une telle
configuration. On y distingue clairement un cercle
noir de 8 µm de diamètre correspondant au défaut,
ainsi qu’une forme triangulaire résultant de l’ex-
citation de profil correspondant à le figure 3.21.
Mais surtout, on voit clairement la présence de
quatre paires de vortex indiquées par les étoile
rouges (vortex) et les cercles bleus (antivortex).
Les images ici présentées sont moyennées sur plus
de 300 ps. On a donc un réseau auto-organisé
de vortex et d’antivortex stables dans le temps.
Comme précédemment, la présence de vortex est
vérifiée par intégration autour de chaque point de
la grille. Le réseau de vortex-antivortex est station-
naire. Les vortex sont fixés par le profil de pompe.
L’utilisation d’une autre forme de piège ne permet
de fixer qu’une paire de vortex sur les bords infé-
rieurs du piège. Dans le cas du triangle, on voit

clairement l’établissement d’un réseau temporellement stable. L’origine de cette stabi-
lité est à chercher dans les effets dûs à la continuité de la phase. Il existe bien entre
l’intérieur et l’extérieur, un petit désaccord des énergies effectives des polaritons, mais
il est de l’ordre de la dizaine de micro-électron-volt. Par contre, il se trouve qu’à l’exté-
rieur du triangle la phase est imposée par la pompe, alors que dans le triangle, elle est
libre d’être modulée. Les vortex créés dans le triangle possédent une phase tournante.
Ils y sont piégés et ne peuvent pas sortir du triangle. Par un double effet de minimisa-
tion de la rotation de la phase et de propagation hydrodynamique, une paire de vortex
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Figure 3.22 – Densité photonique normalisée pour différentes puissances d’excitation à
l’intérieur du triangle Iinp . Les conditions d’excitation à l’extérieur du triangle sont telles que
v/cs = 0.45 > 0.43 (∆p = −0.8 meV et Ioutp = 100 u.a.). Les différentes images correspondent
à des solutions stationnaires. Le rapport entre l’excitation interne et externe au triangle est
tel que Iinp /I

out
p = 0.01 pour (a), Iinp /I

out
p = 0.017 pour (b), Iinp /I

out
p = 0.05 pour (c) et

Iinp /I
out
p = 0.1 pour (d). Simulations réalisées pour une grille de 128 × 128 points. Quant

aux autres paramètres, ils sont identiques à ceux de la figure 3.19. Images extraites de la
référence [63].

est systématiquement piégée sur le bord inférieur du triangle. Quant aux autres vortex,
ils seront attirés par les bords droits et gauches pour cette même raison de minimisa-
tion de la rotation de la phase. La distance verticale entre vortex latéraux correspond à
2π/kp. Quant à la paire centrale, elle naît d’effets hydrodynamiques complexes induits
par les autres vortex.

Mais, si on peut fixer des vortex avec le profil d’excitation présenté, ainsi que créer
un réseau auto-organisé de vortex-antivortex, on peut aller plus loin. On peut contrôler
ce réseau de vortex.

Contrôle des vortex piégés
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Intensité relative de pompe dans le piège
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Fig. 3.23 – Nombre de paires de vortex-
antivortex en fonction de l’intensité relative à
l’intérieur du piége. Image extraite de la réfé-

rence [63].

Plusieurs paramètres de ce piège
peuvent être facilement contrôlables.
Tout d’abord, en modifiant les condi-
tions d’excitation (∆p ainsi que Ioutp l’ex-
citation en dehors du triangle) on peut
modifier la longueur de cicatrisation et
donc la taille des vortex. Ensuite, en mo-
dulant le vecteur d’onde de la pompe
(angle d’excitation) la distance entre les
vortex sera modifiée.

En plus de ces modulations de taille
et d’écartement, on peut contrôler la
densité de vortex. Lorsque l’on pompe à
faible puissance à l’intérieur du triangle
noir de la figure 3.21, on peut modifier le
nombre de paires de vortex-antivortex.
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Sur la figure 3.22, sont montrés la densité photonique ainsi que la position des vor-
tex (étoile rouge) et antivortex (cercle bleu) pour différentes intensités d’excitation à
l’intérieur du triangle I inp . Lorsque l’on augmente I inp /I

out
p , on voit que les paires dis-

paraissent une à une. Le nombre de paires de vortex, en fonction du rapport entre
l’intensité d’excitation intérieure au triangle et l’intensité extérieure, est représenté
sur la figure 3.23. Lorsque la puissance I inp ≈ 0.1Ioutp , l’établissement d’une paire est
possible. La frustration de phase imposée par cette nouvelle excitation n’est pas suf-
fisante pour inhiber la formation de vortex, comme le montre la figure 3.22.d. Si l’on
diminue encore progressivement cette excitation interne, on permet la formation d’une
nouvelle paire (figure 3.22.c), d’une troisième (figure 3.22.b) et enfin d’une quatrième
(figure 3.22.a). À des excitations encore plus faibles, des solutions quasi-stables appa-
raissent très sensibles aux symétries du problème. C’est à dire que certains vortex et
anti-vortex orbitent les uns autour des autres. Via cette excitation interne au triangle,
on a donc un très bon contrôle sur la densité de paires dans le piège.

Dans cette partie, nous avons pu montrer que les régimes turbulents des super-
fluides de polaritons suivaient la même dynamique que les superfluides atomiques. Une
des principales différences des superfluides hors-équilibre est la contrôlabilité et l’indé-
pendance de paramètres telles que le potentiel chimique, la vitesse d’écoulement dans
le plan et la densité. Cela permet d’avoir très simplement accès aux différents régimes
d’écoulement superfluide. De plus, utilisant les propriétés liées à la phase de notre sys-
tème, on peut contrôler les vortex créés et les manipuler. L’ensemble de ces résultats
sont résumés dans l’article [63]. Mais la contrôlabilité des polaritons ne s’arrête pas là.
Comme nous allons le voir maintenant, même le défaut peut être contrôlé.

D Défauts et polarisation de spin

Dans cette dernière partie, nous allons nous intéresser à la polarisation de spin des
polaritons. L’idée ici est d’utiliser les propriétés de polarisation de spin des polaritons
pour contrôler le potentiel effectif, vu par les polaritons. Pour ce faire, dans une pre-
mière partie (D.1), nous verrons comment le Hamiltonien du système peut être décrit
à l’heure de prendre en compte le spin des excitons et la polarisation de la lumière.
Suivront (partie D.2) les résultats obtenus expérimentalement et numériquement qui
consistent en l’utilisation des ces propriétés de polarisation de spin pour générer des
défauts artificiels.

D.1 Hamiltonien effectif dépendant du spin

Jusqu’à maintenant, dans cette thèse, les effets dus à la polarisation des photons
de cavité ainsi que ceux dus aux spins des excitons n’ont pas été pris en compte.
Comme nous l’avons vu, cette "omission" n’a pas eu d’influence particulière quant à la
reproduction des résultats expérimentaux obtenus. Cela vient du fait qu’en première
approximation, le couplage entre les différentes polarisations des polaritons est nul.
Autrement dit, les polaritons d’une polarisation circulaire donnée, pour de petits angles
d’excitation, sont aveugles à ceux de l’autre polarisation [64]. Mais avant de revenir



D. Défauts et polarisation de spin 104

sur cette approximation, il nous faut reprendre les définitions données dans le chapitre
1 de la microcavité optique ainsi que celle des excitons, afin de prendre en compte
la polarisation et le spin. Cela nous amènera à redéfinir le Hamiltonien effectif du
système. L’analyse de la polarisation de spin des polaritons ainsi que des effets qu’elle
peut induire (effet Hall de spin optique par exemple) ont déjà fait l’objet de plusieurs
études aussi bien théoriques [65–68] qu’expérimentales [69].

Excitons et spins

Dans un semi-conducteur massif à gap direct III-V, comme le GaAs, les électrons
de la bande de conduction ont un moment cinétique orbital nul (orbitales s) et donc un
moment cinétique total Jc = 1/2. Les électrons de la bande de valence ont un moment
cinétique orbital égal à 1 (orbitales p). Leur moment cinétique total Jv peut donc valoir
1/2 ou 3/2. L’interaction spin-orbite provoque une levée de dégénérescence entre les
états de moment cinétique total Jv = 1/2 et Jv = 3/2. La bande Jv = 1/2 est repoussée
à des énergies plus basses (split-off band). Quant à l’autre bande (Jv = 3/2), elle se
décompose en deux avec des dispersions différentes. On identifie la bande des trous
lourds avec une moment cinétique suivant z de ±3/2 et celle des trous légers de ±1/2.

Le confinement lié aux puits quantiques implique une levée de dégénérescence des
trous lourds et légers. Ces derniers sont repoussés à des énergies plus basses. Dans un
puits quantique, l’axe de croissance du puits est l’axe z de quantification “naturel” du
système. Par conséquent, les excitons de puits quantique naissent de l’appareillement
d’un électron de bande de conduction, de moment cinétique ±1/2, avec un trou lourd
de moment cinétique ±3/2. Les excitons ainsi créés auront comme moment cinétique
total J = 1 ou 2.

La conservation du moment cinétique total du système, dans le processus d’interac-
tion entre un exciton et un photon, impose que le moment cinétique total des deux soit
égal [70]. Le moment cinétique total d’un photon étant de 1, par conséquent les états
excitoniques de moment cinétique total JX = 2, seront optiquement inactifs (appelés
excitons noirs). Un photon d’incidence normal au puits (kp = 0) créera donc s’il a
une polarisation circulaire droite (σ+ de moment cinétique +1) un exciton de moment
cinétique +1 (Jz

v = 3/2 ; Jz
c = −1/2), s’il est de polarisation circulaire gauche (σ−)

un exciton de moment cinétique −1 (Jz
v = −3/2 ; Jz

c = 1/2). D’autres types de pola-
risations des photons créeront des superpositions linéaires de ces deux états. Lorsque
l’incidence n’est pas normale (kp 6= 0), alors, même une polarisation circulaire donne
lieu à une superposition d’états de polarisation de spin des excitons. On peut définir
le Hamiltonien des excitons isolés sans interaction, comme :

H0
X = ~ω0

X

∑

k

(
b̂+†
k b̂+k + b̂−†

k b̂−k

)
(3.16)

L’énergie et la dispersion en énergie est identique pour les deux spins. Quant à la
masse des excitons, elle reste considérée comme infinie, pour les mêmes raisons que
précédemment. Le Hamiltonien d’interaction explicité dans la partie C.3 du chapitre 1
peut être réécrit :

HXX =
1

2

∑

k,k′,q

∑

σ1,σ2,σ3,σ4

V XX
q,σ1,σ2,σ3,σ4

b̂σ1†
k+qb̂

σ2†
k′−qb̂

σ3

k b̂
σ4

k′ (3.17)
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avec σi = ±1 le spin des excitons. En fonction des σi, on peut distinguer plusieurs po-
tentiels d’interaction V XX

q,σ1,σ2,σ3,σ4
. Lorsque σ1 = σ2 = σ3 = σ4, on retrouve le terme d’in-

teractions exciton-exciton, vu dans le chapitre 1, avec ~g = ~g++ = ~g−− = V XX
0 A/2.

Cela correspond aux interactions exciton-exciton de même spin. Maintenant lorsque
σ1+σ2 = σ3+σ4 = 0, en première approximation le potentiel d’interaction est nul [64].
Ceci dit, il peut être montré, qu’aux ordres supérieurs, ce potentiel n’est pas nul. Pour
des vecteurs d’onde importants, ainsi que pour des conditions particulières, liés aux
biexcitons, ce potentiel peut devenir important [71]. En fonction de la configuration
du système étudié, on peut aussi avoir une interaction attractive ou répulsive entre ex-
citon de spins différents. On définira ~g+−(q) = V XX

q,∓,±,∓,±A/2 [68]. Quant aux autres
processus d’interaction, ils correspondent à des interactions de type spin flip. Étant des
processus lents, ils seront négligées [72].

L’équation (3.17) s’écrira :

HXX =~g++

∑

k,k′,q

b̂+†
k+qb̂

+†
k′−qb̂

+
k b̂

+
k′ + ~g−−

∑

k,k′,q−
b̂−†
k+qb̂

−†
k′−qb̂

−
k b̂

−
k′

+ 2~
∑

k,k′,q

g+−b̂
+†
k+qb̂

−†
k′−q

(
b̂+k b̂

−
k′ + b̂−k b̂

+
k′

) (3.18)

Dans le cas qui nous intéressera d’une excitation résonnante à petit vecteur d’onde,
on aura un seul type d’interaction entre excitons possible, celui pour lequel q = 0 et
k = k′ = kp. Pour ce qui nous concerne, et au vu des comparaisons effectuées avec
l’expérience (voir figure 3.24) nous prendrons g+− = +0.1g++. Dans cette approche
seules les interactions directes impliquant le spin ont été prises en compte. Pour un
développement plus complet sur ces interactions je renvoie le lecteur à la référence [73].

La partie photonique de notre système souffre aussi d’effets dus à la polarisation de
la lumière.

Microcavités et polarisations

Le champ de cavité Ψ̂C peut être décomposé en un champ de polarisation circulaire
droit σ+, noté Ψ̂+

C , et un autre de polarisation circulaire gauche σ−, noté Ψ̂−
C . Ces deux

champs permettent respectivement d’exciter des excitons de spin ±1. Ils sont couplés
par un terme mélangeant les deux polarisations. Ce mélange a pour origine une levée
de dégénérescence entre les modes TM et TE d’une microcavité. Le désaccord est nul
lorsque le vecteur d’onde incident est normal au plan de la cavité (kp = 0) et peut
atteindre typiquement quelques micro-électronvolts dans les systèmes étudiés. Dans la
base des polarisations circulaires, le Hamiltonien de cette cavité peut s’écrire [65] :

Hspin
C =

∑

k

~

(
ωC(k)− i

γC
2

)(
â+†
k â+k + â−†

k â−k

)
(3.19a)

+
∑

k

~ΩLT(k)â
+†
k â−k +

∑

k

~Ω∗
LTk)â

−†
k â+k (3.19b)
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avec ~ΩLT(k) appelé le dédoublement longitudinal-transverse (longitudinal-transvers
splitting) et peut s’écrire dans l’espace réel [74] :

~ΩLT(−i∇) =
~
2

4µ

(
∂

∂y
+ i

∂

∂x

)2

avec µ = mlmt/(mt−ml) une constante qui dépend de la masse des photons des modes
transverses mt et de celle ml des modes longitudinaux.

Polaritons et polarisations de spin

En prenant en compte le couplage entre un exciton de spin donné et le photon de
polarisation correspondant (|+ 1, σ+〉 et | − 1, σ−〉), on peut déterminer les équations
du mouvement correspondant. Bien entendu, le couplage entre un exciton de spin +1
et un photon de polarisation σ− est nul (idem pour −1 et σ+). Ce qui nous donnera
pour Ψ̂C(X)(x, t), le champ photonique (excitonique) :

i
d

dt




Ψ̂C+(x, t)

Ψ̂C−(x, t)
Ψ̂X+(x, t)

Ψ̂X−(x, t)


 =




Fp+(x, t)
Fp−(x, t)

0
0


+


h1 +




0 0 0 0
0 0 0 0

0 0 g++|Ψ̂X+|2 + 4g+−|Ψ̂X−|2 0

0 0 0 g−−|Ψ̂X−|2 + 4g−+|Ψ̂X+|2










Ψ̂C+(x, t)

Ψ̂C−(x, t)
Ψ̂X+(x, t)

Ψ̂X−(x, t)




(3.20)
avec Fp±(x, t) l’excitation de polarisation circulaire σ±. Notons qu’une excitation

linéaire pourra se décrire dans la base des polarisations circulaires σ+ et σ−, comme :

F↔
p (x, t) =

Fp(x, t)√
2

(
1
i

)
et F l

p (x, t) =
Fp(x, t)√

2

(
1
−i

)

et h1 le hamiltonien sans interaction et avec perte du système :

h1 =




ωC(−i∇)− i
γC
2

ΩLT(−i∇) ΩR 0

ΩLT(−i∇) ωC(−i∇)− i
γC
2

0 ΩR

ΩR 0 ω0
X − i

γX
2

0

0 ΩR 0 ω0
X − i

γX
2




Ces équations du mouvement montrent clairement que le couplage entre les deux
polarisations de spin des polaritons se fera via le couplage longitudinal-transvers de
la cavité ΩLT(−i∇). Par contre, un autre effet, qui va tout particulièrement nous in-
téresser, apparaît grâce aux excitons. Si les excitons d’une polarisation donnée sont
sensibles à la densité de cette même polarisation, elle est aussi sensible à la population
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de l’autre polarisation, via le terme g+−. L’équation (3.20) peut être écrite dans la base
polaritonique, en se limitant aux polaritons bas :

i
d

dt

(
Ψ̂LP+(x, t)
Ψ̂LP−(x, t)

)
=

(
FLP
p+ (x, t)
FLP
p− (x, t)

)
+

[
h1 +

(
gLP++|Ψ̂LP+|2 + 4gLP+−|Ψ̂LP−|2 0

0 gLP−−|Ψ̂LP−|2 + 4gLP−+|Ψ̂LP+|2
)](

Ψ̂LP+(x, t)
Ψ̂LP−(x, t)

)

(3.21)
où FLP

p± = |Ck|2Fp± avec Ck la fraction photonique des polaritons et pour ce qui est du
Hamiltonien h1 sans interaction, on a :

h1 =



ωLP (−i∇)− i

γLP
2

ΩLP
LT (−i∇)

ΩLP
LT (−i∇) ωLP (−i∇)− i

γLP
2




où ΩLP
LT = |Ck|2ΩLT. Ces équations du mouvement 3.21 des polaritons correspondent à

deux équations de Gross-Pitaevskii hors équilibre couplées.
En se plaçant à de petits angles (petits kp), on peut négliger le couplage linéaire

ΩLT entre les deux polarisations. Par conséquent, seule l’interaction d’échange de spin
des excitons reste. Comme nous l’avons dit, cette interaction rend sensible une popu-
lation de polarisation donnée à la population de l’autre polarisation. Une population
importante localisée dans la polarisation circulaire σ− va induire un décalage local en
énergie proportionnel à ~g+−n+ dans la polarisation σ+. Ce qui équivaudrait à créer
un défaut artificiel dans la polarisation σ+ et donc à modifier la propagation des
polaritons dans cette polarisation [75].

D.2 Résultats numériques et expérimentaux

Afin de simuler le comportement des polaritons en prenant en compte la pola-
risation, nous avons généralisé le programme utilisé dans le chapitre concernant la
superfluidité et les turbulences. Pour plus de détails voir l’annexe A. L’objectif est de
reproduire les résultats expérimentaux réalisés au sein du LKB à Paris par A. Amo
et collaborateurs. La majorité des paramètres nécessaires pour les simulations sont les
mêmes que dans la partie B (cf. figure 3.10). Pour ce qui est du couplage ΩLT, il est
négligé car l’excitation est presque normale. Approximation qui comme le montrera la
concordance des résultats expérimentaux et numériques est tout à fait raisonnable.

Défaut induit ponctuel

En focalisant un faisceau contrôle de polarisation circulaire, donnée sur la cavité, et
en excitant légèrement avec un faisceau signal l’autre polarisation, on souhaite révéler
l’effet induit par le faisceau de contrôle. Les vecteurs d’onde et les fréquences du faisceau
signal et du contrôle sont identiques. On peut écrire le terme d’excitations gaussiennes
tels que : Fp+(x) = Fs exp ((x− x0s)

2/2σ2
s) et Fp−(x) = Fc exp ((x− x0c)

2/2σ2
c ) avec

x0i la position de la gaussienne et σi sa largeur. On prendra σc = 0.8 µm−1 et σs =
25 µm−1.
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Figure 3.24 – Densité photonique dans l’espace réel pour différentes polarisations indiquées
en haut à droite de chaque image. Les images (a) et (b) représentent respectivement la trans-
mission à travers la cavité d’un faisceau contrôle de polarisation σ− et d’un faisceau signal de
polarisation σ+. Les images (c) et (e) pour la théorie et (d) pour l’expérience, représentent
la densité photonique dans la polarisation σ+ lorsque l’on a, à la fois le faisceau contrôle et
le faisceau signal. Les images (c) et (e) correspondent respectivement à des simulations avec
g+− = +0.1g++ et g+− = −0.1g++. La ligne en pointillés jaunes indique la position d’analyse
de la visibilité des franges explicitées figure 3.26. Les paramètres sont identiques à ceux de la

figure 3.10. Images extraites de la référence [75].

Sur la figure 3.24, sont représentées la transmission dans l’espace réel pour diffé-
rentes excitations et différentes polarisations. Soient deux faisceaux de polarisations
opposées (σ− pour le faisceau contrôle et σ+ pour le signal). La figure 3.24.a montre
la transmission à travers la cavité du faisceau contrôle focalisé. La figure 3.24.b indique
celle du signal. Le signal utilisé, est faiblement intense de telle manière à être dans le
régime linéaire et non superfluide. Quant aux images (c) et (e) pour la théorie et (d)
pour l’expérience elles montrent l’effet dans la polarisation du signal (σ+) du contrôle
sur la distribution des polaritons. On voit que lorsqu’on a à la fois le contrôle et le si-
gnal, bien que de polarisation opposée cela modifie grandement le profil du signal. On
voit ici clairement sur les images (c) et (e) l’importance du signe de g+−. Dans notre
cas, g+− > 0 correspond mieux aux résultats expérimentaux représentés sur l’image
(d). On peut y voir qu’à proximité d’où est focalisé le contrôle, apparaissent dans la
polarisation opposée des franges identiques à celles observées dans le cas d’un fluide de
polaritons s’écoulant à travers un défaut (cf. images a-I et b-I de la figure 3.12). Deux
vidéos sont disponibles dans l’annexe B.4 qui montrent comment évolue de la distri-
bution de densité du signal en fonction de la puissance du faisceau contrôle, calculée
numériquement et observée expérimentalement.
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Figure 3.25 – Évolution de la distribution normalisée dans l’espace réciproque du fluide
polaritonique dans la polarisation du signal (σ+). En haut les images (a) et (b) correspondent
aux résultats expérimentaux. Quant aux images (c) et (d) elles correspondent aux résultats
numériques. Les images (a) et (c) indiquent la distribution lorsque l’intensité du contrôle est
faible et les images (b) et (d) lorsqu’elle est plus importante. Les paramètres sont identiques

à ceux de la figure 3.24. Images extraites de la référence [75].
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Figure 3.26 – Le graphique (a) correspond à l’analyse de la visibilité des franges pour les
résultats expérimentaux et numériques. Les franges analysées sont prises le long des lignes en
pointillés indiqués sur les figures 3.24.c et d. Le graphique (b) indique le profil et la hauteur
du défaut estimé pour différentes intensités de contrôle. Les paramètres sont identiques à ceux

de la figure 3.24. Images extraites de la référence [75].
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Si l’on s’attarde toujours dans la polarisation du signal sur l’effet produit dans l’es-
pace réciproque on remarquera, comme le montre les images 3.25, un effet similaire
à ce qui est visible sur les images a-IV et b-IV de la figure 3.12. Lorsque l’intensité
du contrôle est faible le fluide s’écoule sans diffusion élastique. Cela se traduit par
une distribution dans l’espace réciproque, centrée sur le vecteur d’onde de la pompe,
comme le montre les figures 3.25.a pour l’expérience et 3.25.c pour les simulations. Les
résultats numériques de la figure 3.25.c montrent deux lignes de "diffusion" verticales
et horizontales se croisant au niveau du vecteur d’onde la pompe. Il s’agit d’un artefact
numérique dû à la grille carrée prise pour simuler notre système. Au fur et à me-
sure qu’augmente l’intensité du contrôle, apparaît de plus en plus clairement l’anneau
Rayleigh, indiquant un processus de diffusion élastique. Les images (b) et (d) corres-
pondent respectivement aux images en espace réel 3.24.c et 3.24.d. L’anneau Rayleigh
y apparaît clairement mettant en évidence la présence de diffusion élastique.

Pour aller plus loin, on peut chercher à déterminer la hauteur du défaut ainsi
induit. Pour ce faire, on compare la visibilité des franges observées expérimentalement
et numériquement, comme représenté sur la figure 3.26.a. Visibilité qui correspond
au ratio entre un minimum d’intensité et un maximum consécutif proche du défaut.
Grâce à quoi, on a une correspondance quantitative entre les deux types de résultats.
Les simulations nous donnant directement accès à la densité excitonique |ψX±|2, de
laquelle on peut déduire la hauteur énergétique du défaut induit. Dans notre cas, on
aura h = ~g+−|ψX−|2. La hauteur représentée sur la figure 3.26.b peut malgré la
petitesse de l’interaction inter-spin atteindre le milli-électronvolt. Cela vient du fait
qu’en focalisant le contrôle, on peut atteindre des densités excitoniques locales très
importantes, de l’ordre de 102 µm−2.

Défaut induit linéique et polarisation linéaire

Afin de bien montrer l’intérêt ainsi que la contrôlabilité de ces défauts induits, une
autre configuration a été étudiée. Il s’agit toujours d’avoir un faisceau contrôle qui
créera le défaut et un faisceau signal qui nous permettra de l’observer, à la différence
près que cette fois le premier sera polarisé verticalement et le second horizontalement.
On peut réécrire le Hamiltonien linéaire h1 de l’équation (3.20) dans cette nouvelle
base des polarisations linéaires. Bien évidemment une telle base de polarisation donnera
lieu a des couplages importants entre les différentes polarisations linéaires. Mais si on
s’attarde sur la matrice rendant compte des interactions entre excitons, elle peut se
réécrire comme suit, dans la base des polarisations linéaires :

1

4





g++

(

|Ψ̂↔
X |2 + 4|Ψ̂l

X
|2 − Ψ̂

l†
X
Ψ̂↔

X

)

+ g+−|Ψ̂↔
X |2 g++

(

2i|Ψ̂↔
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X
|2 − Ψ̂↔†
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X
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+ g+−Ψ̂↔†
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g++
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X
|2 + 2i|Ψ̂↔

X |2 − Ψ̂
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Ψ̂↔

X

)
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Ψ̂↔

X g++

(

|Ψ̂l
X
|2 + 4|Ψ̂↔

X |2 − Ψ̂↔†
X

Ψ̂
l
X

)

+ g+−|Ψ̂l
X
|2





avec Ψ̂↔
X et Ψ̂

l
X les fonctions d’onde des excitons respectives dans des polarisations

horizontales et verticales. Comme on peut le voir, cette nouvelle base complexifie beau-
coup le problème. Les deux polarisations sont très dépendantes l’une de l’autre. Malgré
cela, on peut remarquer que le terme faisant intervenir la densité dans la polarisation
opposée est prédominant. Les interactions entre excitons de même polarisation sont
caractérisées par une constante interaction de gll = g↔↔ = g++ + g+−. Alors que les
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effets produits par une population de polarisation linéaire donnée dans l’autre polarisa-
tion ont pour constante d’interaction gl↔ = g↔l = 4g++. Étant donné que g++ ≫ g+−,
l’interaction entre polarisations linéaires croisées est l’interaction prédominante. La gé-
nération de défaut induit sera d’autant plus facile. Le décalage créé par le contrôle se
comportera comme un défaut artificiel dans la polarisation du signal comme précédem-
ment. Cela reste vrai dans notre configuration essentiellement parce qu’on a Ψ

l
X , le

contrôle très localisé et très intense.
Le principe pour étudier ce défaut induit est le même que précédemment. Le contrôle

est de polarisation verticale et fortement focalisé. Le signal de polarisation opposée,
horizontale, excite une légère population de polaritons. Ce sont les variations de la
distribution de ces polaritons qui nous indiquent la présence du dit défaut induit.
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Figure 3.27 – Les images (a) et (b) représentent la densité photonique dans l’espace réel
du signal seul pour (a) dans la polarisation qui est la sienne (horizontale) et pour (a) du
contrôle seul dans sa polarisation (verticale). Dans le coin droit des images en espace réel,
est indiquée la polarisation d’observation. Les images (c) et (d) montrent respectivement pour
l’expérience et pour la théorie les résultats dans la polarisation du signal d’une excitation
conjointe du contrôle et du signal. (c-I) et (d-I) pour l’espace réel et (c-II) et (d-II) pour
l’espace réciproque. La ligne en pointillés rouges indique la position du contrôle et les flèches
jaunes la direction de propagation ou de diffusion du fluide. Les paramètres sont identiques à

ceux de la figure 3.24. Images extraites de la référence [75].

Deux types de défauts ont été étudiés. Le premier dont les résultats sont représentés
sur la figure 3.27, correspond à un défaut linéique normal à la direction de propagation
du fluide de polariton. Les paramètres sont les mêmes que précédemment. Les images
(a) et (b) représentent la distribution dans l’espace réel des polaritons (densité photo-
nique) pour respectivement le signal seul, dans la polarisation horizontale et le contrôle
seul, dans la polarisation verticale. La direction de diffusion du fluide est indiquée sur
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la figure (a) par une flèche jaune. À droite, sont représentés les résultats ((c) pour les
expériences et (d) pour la théorie, lorsque que l’on a à la fois le signal et le contrôle
agissant sur la cavité. En haut, les images (c-I) et (d-I) donnent à voir la distribution
des polaritons dans l’espace réel. On voit très clairement l’apparition de franges géné-
rées par l’interférence entre le flot de polaritons incidents et celui rétro-diffusé. La ligne
en pointillés rouges indique la position du contrôle. Dans l’espace réciproque visible
sur les images (c-II) et (d-II), on voit clairement les effets du processus de diffusion
produit par le défaut induit. Sur une ligne allant de kp à −kp, on observe la présence
de la population diffusée avec une population légèrement plus importante autour de
−kp. Les différences entre les résultats expérimentaux et numériques tiennent princi-
palement dans le profil du contrôle qui réfléchira d’autant mieux les polaritons que son
profil sera abrupte.
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Figure 3.28 – Les images (a) et (b) représentent la densité photonique dans l’espace réel
du signal seul pour (a) dans la polarisation qui est la sienne (horizontale) et pour (a) du
contrôle seul dans sa polarisation (verticale). Les images (c) et (d) montrent respectivement
pour l’expérience et pour la théorie les résultats dans la polarisation du signal d’une excitation
conjointe du contrôle et du signal. (c-I) et (d-I) pour l’espace réel et (c-II) et (d-II) pour
l’espace réciproque. La ligne en pointillés rouges indique la position du contrôle et les flèches
jaunes la direction de propagation ou de diffusion du fluide. Les paramètres sont identiques à

ceux de la figure 3.24. Images extraites de la référence [75].

La figure 3.28 correspond à la même expérience que précédemment mais cette fois
avec un défaut non pas normal à la direction de propagation des polaritons mais incliné,
approximativement à 45◦. Les images (a) et (b) représentent ici aussi la distribution
dans l’espace réel des polaritons respectivement pour le signal seul dans la polarisation
horizontale et le contrôle seul dans la polarisation verticale. À droite, on a les résultats
(c) pour les expériences et (d) pour la théorie, lorsque que l’on a à la fois le signal
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et le contrôle. On remarque que cette fois les franges dans l’espace réel ne sont plus
verticales mais obliques (images (c-I) et (d-I)). Dans l’espace réciproque visible sur les
images (c-II) et (d-II), on voit que le processus de diffusion se fait suivant une ligne à
45◦. Ici aussi les franges correspondent à une interaction entre le champ polaritonique
incident et celui réfléchi.

Comme on a pu le voir dans cette partie, les propriétés de polarisation peuvent
permettre de contrôler le potentiel effectif vu par une population de polarisation don-
née. Ainsi, la génération de défaut induit, de profil arbitraire, peut être parfaitement
contrôlée. Cela ouvre la porte à bien des expériences, comme par exemple l’étude de
localisation d’Anderson, à l’image de ce qui a été fait dans les atomes froids [76] ou
encore l’étude de la transition isolant de Mott-Superfluide [77].

Conclusion et Perspectives

Au cours de ce troisième et dernier chapitre nous nous sommes intéressés aux po-
laritons excitoniques dans les microcavités planaires, en excitation résonnante à petit
angle. La dynamique hors-équilibre d’un fluide de polaritons peut, comme nous avons
vu dans la partie B, permettre d’atteindre un régime superfluide. Dans ce régime, le
fluide s’écoule sans viscosité (critère de Landau). Cela a été mis en évidence pour une
configuration d’un fluide s’écoulant à travers un défaut. Bien qu’étant un système hors-
équilibre, ce superfluide présente bien des avantages. Via les paramètres d’excitation,
il est possible de contrôler aisément la vitesse d’écoulement ainsi que la densité. Cela
permet de passer d’un régime d’écoulement superfluide à un régime Čerenkov facile-
ment. Ces superfluides de lumière pourraient donner naissance à de nouvelles lignes de
transmission optique sans perte. L’étude des corrélations pourrait aussi permettre de
mieux comprendre cet état quantique de la matière à l’état solide.

À partir de ce superfluide hors équilibre, nous avons cherché à mettre en évidence,
comme ce qui a été fait pour les atomes, la présence de turbulences, elles aussi quan-
tiques. En effet, lorsqu’un superfluide s’écoule à travers un défaut, bien que s’écoulant
sans viscosité, via la pression quantique, la formation de vortex de moment quantifié est
permise. Nous avons montré que, bien que la dynamique hors-équilibre semble inhiber
leurs formations, grâce à une excitation de profil non-homogène, la formation de vortex
peut être rendue possible. Grâce à cela, il nous a été possible d’étudier numériquement,
pour des conditions réalistes, la transition du régime superfluide sans turbulences au
régime Čerenkov en passant par un régime turbulent. Cela met en évidence l’existence
d’une vitesse critique en deçà de laquelle le fluide coule sans former de turbulences. De
plus, lorsque la vitesse du fluide tend vers celle du son on voit l’apparition de solitons
noirs obliques. Cela permet de rendre possible une étude expérimentale approfondie
des turbulences hydrodynamiques dans un superfluide, étude difficilement réalisable
dans les superfluides d’atomes.

Plus que cela encore, nous avons mis en évidence la possibilité, à l’aide d’un profil
d’excitation particulier, de fixer des paires de vortex et antivortex, ainsi que de former
un réseau auto-organisé de ces turbulences. Utilisant les propriétés hors-équilibre du
système, il est possible de contrôler aussi bien la distribution que la densité des turbu-
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lences dans le piège. Ce contrôle des vortex permet d’entrevoir l’étude précise de ces
turbulences et de leur stabilité ainsi que leurs interactions. Ces turbulences sont des
phénomènes se retrouvant dans bien des domaines de la physique.

Et enfin dans une dernière partie D, nous avons montré comment, en utilisant
les propriétés de polarisation et de spin des polaritons il été possible de contrôler
le potentiel effectif subi pas les polaritons. Permettant ainsi de générer des défauts
artificiels comme nous l’avons montré. Il va de soi que ces défauts artificiels combinés
aux propriétés superfluides des polaritons ainsi qu’aux turbulences dans ces superfluides
ouvrent la voie à de très nombreuses expériences fondamentales quand à l’exploration
de la physique quantique.
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Conclusion générale

Les polaritons excitoniques naissant de l’interaction forte entre un champ électroma-
gnétique confiné de cavité et la transition excitonique de puits quantiques, permettent,
comme nous avons pu le voir tout au long de cette thèse, de manipuler et générer
indistinctement des états quantiques de la matière et de la lumière. Étant des bosons
en interaction, mi-lumière mi-matière, les polaritons sont de très bons candidats pour
la réalisation d’oscillateurs paramétriques optiques ainsi que pour la génération d’états
non classiques de la lumière.

Après un premier chapitre d’introduction à la physique des polaritons excitoniques,
nous nous sommes focalisés, dans un second chapitre, sur cet aspect. L’oscillation pa-
ramétrique optique qui nous a intéressée prend place, ici, dans des géometries 0D :
micropilier. Dans une cavité 0D, les modes du champ de la cavité sont discrétisés dans
les directions du plan. De cette discrétisation, naît en régime de couplage fort, des
niveaux polaritoniques discrets. Nous avons montré analytiquement, numériquement
ainsi que expérimentalement, la possibilité d’un processus d’oscillation paramétrique
optique entre différents modes polaritoniques dans un tel système 1. La comparaison
entre les méthodes d’analyse et les résultats expérimentaux ont montré un remarquable
accord allant même jusqu’à permettre la reconstruction de la distribution des modes
oscillants. En plus d’illustrer à quel point les modèles analytiques et numériques per-
mettent de reproduire et de prédire le comportement des systèmes polaritoniques, cette
mise en évidence ouvre la voie à la réalisation de dispositifs intégrés micrométriques
pour l’optique non-linéaire. De plus, via l’étude des corrélations entre les faisceaux
signal et complémentaire générés, nous avons pu mettre en évidence le caractère mul-
timode de ce processus d’oscillation. Ainsi, bien que discretisés, les différents modes
propres du pilier ont une influence directe sur le processus d’oscillation paramétrique.
Ces effets indésirables pourraient être dépassés en diminuant les dimensions des pi-
liers. En effet, l’espacement des modes du champ devenant plus important, l’influence
qu’ils auront les uns sur les autres sera moins importante 2. De telles conditions permet-
tront, très certainement, la génération de faisceaux corrélés quantiquement bien définis,
permettant ainsi, la fabrication de OPO micrométriques. Les applications d’un tel dis-
positif pourraient aller de la cryptographie quantique, à la téléportation en passant bien

1. Ferrier, L., S. Pigeon, E. Wertz, M. Bamba, P. Senellart, I. Sagnes, A. Lemaitre,

C. Ciuti, & J. Bloch (2010) : Polariton parametric oscillation in a single micropillar cavity. Appl.

Phys. Lett., 97 :1105.
2. Bamba, M., S. Pigeon, & C. Ciuti (2010) : Quantum squeezing generation versus photon

localization in a disordered planar microcavity. Phys. Rev. Lett., 104 :213604.
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entendu, par l’ordinateur quantique. Mais, au delà d’un simple pilier, des dispositifs
plus complexes basés sur cette géométrie peuvent aussi donner des effets plus riches en
non-linéarité permettant, demain, la réalisation de sources micrométriques de photons
uniques ou de paires de photons.

L’autre aspect des polaritons traité dans ce manuscrit, correspondant au chapitre 3,
consiste à utiliser leurs propriétés pour observer des états quantiques macroscopiques.
Les polaritons de par leur mixité, permettent de sonder des phases telles que la super-
fluidité. Suivant les critères donnés par L. Landau 3, on peut définir cet état comme
un fluide s’écoulant sans viscosité. Les polaritons excités à résonance, étant des bosons
en interaction, peuvent atteindre ce régime si particulier 4. L’étude de la superfluidité
des polaritons excitoniques permet la caractérisation d’aspects de la superfluidité jus-
qu’aujourd’hui difficilement observables. En raison du temps de vie fini des polaritons
ce superfluide est un régime éminemment hors-équilibre, ce qui lui confère d’impor-
tantes spécificités. À l’heure de s’intéresser aux turbulences ces spécificités imposent
que les excitations topologiques (vortex ou solitons) ne peuvent apparaître que dans
une zone non excitée. À l’aide d’un profil d’excitation adapté, nous avons montré qu’il
était possible de s’accommoder de cette particularité et de générer des turbulences. Au-
delà de s’en accommoder il est possible d’utiliser les propriétés de fluide hors-équilibre
pour piéger des vortex, permettant ainsi de les contrôler 5. Ce contrôle permettra très
certainement de mieux comprendre ces phénomènes turbulents si complexes que sont
les vortex. De plus, utilisant les propriétés de polarisations de spin des polaritons, il
a été montré comment il était possible de générer des défauts locaux artificiels. Un
tel contrôle ouvre la voie à toute une série d’expériences fondamentales s’intéressant
au rôle de la dimensionnalité ou encore à celui du désordre dans la superfluidité. Ces
défauts induits donnent les moyens nécessaires à la mise en évidence de la transition de
Mott ou même BKT (Berezinsky-Kosterlitz-Thouless) dans les polaritons excitoniques.

Dans ce travail de doctorat, deux aspects fondamentaux des polaritons ont été trai-
tés, tous deux très porteurs. L’un, axé sur les dispositifs d’optique quantique et l’autre
sur les fluides quantiques. Bien que ces deux aspects semblent fondamentalement dis-
tincts, ils sont en réalité très liés. Lorsque l’on s’intéresse aux polaritons, comme nous
l’avons dit, la distinction lumière-matière devient obsolète. Les phénomènes d’optique
non-linéaire sont directement reliés aux propriétés des excitons de puits quantiques,
particules propres à la matière. Et quant à la superfluidité, elle est liée autant aux ex-
citons qu’aux photons, permettant ainsi la superfluidité de la lumière. Reste à première
vue une différence fondamentale entre les deux chapitres de résultats de ce manuscrit :
la dimensionnalité. C’est ici, pour moi un des points les plus porteurs de la physique des
polaritons. Créer des passerelles entre les effets liés aux basses dimensionnalités et ceux
liés aux états quantiques macroscopiques permettra de mieux comprendre le fonction-
nement intime de la matière. Le champ des possibles ouvert par cet état, dans lequel
la lumière émise est confondue avec son émetteur, se révélera sans doute l’un des do-

3. Landau, L. (1941) : Theory of the Superfluidity of Helium II. Phys. Rev., 60 :356.
4. Amo, A., J. Lefrere, S. Pigeon, C. Adrados, C. Ciuti, I. Carusotto, R. Houdré, E.

Giacobino, & A. Bramati (2009) : Superfluidity of polaritons in semiconductor microcavities. Nat.

Phys., 5 :805.
5. Pigeon, S., I. Carusotto, & C. Ciuti (2010) : Hydrodynamic nucleation of vortices and

solitons in a resonantly excited polariton superfluid. arXiv :1006.4755v1.
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maines les plus féconds de la physique des semiconducteurs de ce début de xxi
e siècle,

comme l’ont récemment démontré l’importante place faite aux polaritons lors de la
conférence ICPS (2010) et le nombre croissant de publications sur ce sujet.
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Annexe 124

A Monte Carlo quantique

Cette annexe va dans un premier temps nous permettre d’exposer le fonctionne-
ment d’un algorithme Monte Carlo et plus particulièrement du Monte Carlo quantique
utilisé au cours de cette thèse. Cela nous permettra aussi d’expliciter plus en détail
la relation entre les simulations Monte Carlo et les simulations Gross-Pitaevskii. En-
fin, nous verrons comment on peut traduire différents opérateurs dans les simulations
Monte Carlos.

A.1 Définition

Les techniques de calcul numérique Monte Carlo visent à calculer une valeur numé-
rique en utilisant des procédés aléatoires (techniques probabilistes). Son nom vient de
l’importante présence de casino à Monte Carlo et du fait que les jeux pratiqués dans
ces établissements sont basés, eux aussi, sur des processus aléatoires. Historiquement
développé par N. Metropolis et S. Ulam [1] en 1947, il sera plus amplement étudié dans
le cadre de la fabrication de la bombe atomique aux Etat Unis en 1949 par J. Neumann
et S. Ulam. Aujourd’hui, ces applications vont de la finance aux jeux vidéos en passant
bien sûr par la physique. Une grande quantité de sous-algorithmes se sont développés.
En ce qui nous concerne, c’est les techniques Monte Carlo dites quantiques qui vont
nous intéresser.

Avant d’en parler en détail revenons brièvement sur le principe de fonctionnement
général du Monte Carlo. Un exemple simple permet de bien comprendre : on veut
mesurer la surface d’un lac dans un pré, mais sans y avoir accès directement. La seule
information que l’on ait, est le son qu’une pierre lancée dans le pré produit. Ce son
nous permet de savoir si elle a atteint le lac ou non. Sachant cela et la taille du pré
il nous suffira de lancer N pierres aléatoirement dans le près. Alors le rapport entre le
nombre de pierres qui ont atteint le lac et le nombre de pierres total est égal au rapport
entre la surface du lac et celle du pré.

Dans le cas d’un algorithme Monte Carlo quantique, il n’est pas question de me-
surer des surfaces mais des représentations de champ en prenant en compte le bruit
quantique. Il sert à simuler des systèmes quantiques, généralement avec pour objectif
de résoudre des problèmes à plusieurs corps. Dans notre cas, il nous servira à calculer
les représentations du champ des photons et des excitons qui fondent les polaritons.

A.2 Monte Carlo quantique pour les polaritons

Il consiste à appliquer le formalisme de la représentation de Wigner aux champs
photoniques et excitoniques. La représentation de Wigner, des champs Ψ̂C/X(x), est
définie par une fonction de distribution de quasiprobabilitéW [ψC/X ] dans l’espace fonc-
tionnel des champs à valeurs complexes ψC/X [2]. Afin d’implémenter cette distribution
dans un modèle numérique, nous travaillons avec une grille discrète finie, de nx × ny

points séparés de façon régulière, dans une boîte de dimensions Lx × Ly.
Dans le cas d’un système dilué (γC/X ≫ g/(lxly)), l’évolution de la distribution

W peut être approchée, en utilisant l’approximation de Wigner tronquée [3], par une
équation de Focker-Planck. La matrice de diffusion de cette équation est alors définie
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positive, sans les termes d’ordre supérieur, garantissant que W reste toujours positive.
Nous pouvons donc représenter le problème par l’intermédiaire de l’équation différen-
tielle stochastique des champs ψC/X :

d

(
ψC(x)
ψX(x)

)
= −idt

(
Fp(x, t)

0

)
+

1√
4dV

( √
γCdWC(x)√
γXdWX(x)

)
(22)

−idt
[
h0 +

(
VC(x)− iγC

2
0

0 VX(x)− iγX
2
+ g

(
|ψX(x)|2 − 1

dV

)
)](

ψC(x)
ψX(x)

)

où dV est le volume d’une maille élémentaire de la grille et dWC/X(x) sont les termes
de bruit blanc. Ils sont donc de moyenne nulle et non-corrélés, soit :

dWi(x)dWi(x′) = 0 et dWi(x)dW ∗
j (x

′) = 2dtδx,x′δi,j

La condition initiale est une cavité vide, les champs sont donc tous décrits par des
variables aléatoires gaussiennes non corrélées, par conséquent à t = 0, on a :

ψi(x)ψi(x′) = 0 et ψi(x)ψ∗
j (x

′) =
1

2dV
δi,j

L’algorithme décrit ici, est dû à I. Carusotto et C. Ciuti. On pourra retrouver tous
les détails dans la référence [4]. Il s’agit de moyenner un grand nombre de configuration.
Chaque configuration évolue en obéissant à l’équation numérique (22). Partant d’une
solution connue, le vide dans la cavité, on fait évoluer adiabatiquement l’excitation
jusqu’aux conditions souhaitées. À chaque pas temporel, est ajouté le terme de bruit
blanc correspondant au bruit quantique présent dans le système. Notons que ce bruit
joue un rôle prépondérant en cas de phénomènes de basse intensité. À haute intensité,
la dynamique est dominée par les effets classiques. Cependant, notre équation permet
d’évaluer la statistique des champs dans chacun de ces régimes.

Champ moyen et équation de Gross-Pitaevskii

Lorsque que les bruits blancs dWi sont mis à zéro, on obtient les équations de
Gross-Pitaevskii hors équilibre utilisées dans le chapitre 3 de ce manuscrit. Étant des
équations de champ moyen, elles ne prennent pas en compte de processus stochastique.
Il n’est donc pas nécessaire de moyenner sur un grand nombre de configuration pour
obtenir des résultats convergeants.

A.3 Définition d’opérateurs dans le cadre du chapitre 2

Pour déterminer les valeurs prises par les observables, nous devons calculer leurs
valeurs moyennes à partir des champs stochastiques donnés par les simulations. Pour
cela, on doit faire la moyenne des résultats de l’équivalent classique de l’observable
sur toutes les configurations. Les moments de la fonction de Wigner donnent la valeur
moyenne des opérateurs totalement symétrisés, soit :

〈O1...ON〉W =
1

N !

∑

P

〈ÔP (1)...ÔP (N)〉
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où la somme est faite sur toutes les permutations de l’ensemble {1...N}. Chaque opé-
rateur Ôi désigne ici la composante d’un champ quantique, tandis que Oi est le champ
stochastique correspondant.

Opérateurs du première ordre

Si on s’intéresse aux opérateurs champs photoniques Ψ̂C(x) ou excitoniques Ψ̂X(x),
on peut rappeler la relation entre ces opérateurs champs de l’espace réel et correspon-
dant de l’espace réciproque :

Ψ̂C(x) =

∫
dk√
LxLy

âke
−ikx et Ψ̂X(x) =

∫
dk√
LxLy

b̂ke
−ikx

Dans les simulations on a une grille de taille Lx×Ly découpée en nx×ny points. Donc
on aura la relation suivante :

ΨC(x) =
1√
LxLy

∑

k

e−ikxak et ΨX(x) =
1√
LxLy

∑

k

e−ikxbk

Où l’on a ψX,C qui correspond à la représentation de Wigner des champ Ψ̂X,C . On
appellera par la suite â et b̂ les opérateurs liés aux photons et aux excitons et α et β les
valeurs stochastiques correspondantes dans les simulations Monte Carlo. Par définition,
la valeur moyenne des opérateurs correspond à la valeur moyenne sur les configurations
des représentations de Wigner. On a 〈Ψ̂(x)〉 = 〈Ψ(x)〉W , 〈âk〉 = 〈ak〉W et 〈b̂k〉 = 〈bk〉W .

Intéressons-nous plus particulièrement au cas du micropilier exposé dans le cha-
pitre 2. Dans un tel cas, le champ de cavité ainsi que celui d’exciton peuvent être
décomposés sur la base des états propres du micropilier. Pour âj et b̂j, les opérateurs
liés aux photons et aux excitons dans le mode propre du plot j, on a donc :

Ψ̂C(x) =
∑

j

φj(x)âj et Ψ̂X(x) =
∑

j

φj(x)b̂j

Avec φj(x) la distribution spatial du mode j. Donc, on en déduit :

âj =

∫
dxφj(x)Ψ̂C(x) et b̂j =

∫
dxφj(x)Ψ̂X(x)

Dans les simulations, on aura :

aj =
∑

x

δxφj(x)ΨC(x) et bj =
∑

x

δxΦj(x)ψX(x)

avec δx == LxLy/nxny.
À l’aide de ces égalités, on peut établir la relation qui relie les moments des champs

stochastiques aux différentes observables du champ, comme par exemple la population
de photons au sein de la cavité, définie telle que N̂C(x) = Ψ̂†

CΨ̂C . Par définition on aura
〈NC(x)〉W = 〈Ψ†

CΨC〉W = 〈Ψ̂†
CΨ̂C+Ψ̂CΨ̂

†
C〉/2. Soit 〈N̂C(x)〉 = 〈Ψ̂†

CΨ̂C〉 = 〈Ψ†
CΨC〉W −

1/2.
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On s’intéresse maintenant, aux opérateurs de populations de photons dans les modes
j : N̂C,j = â†j âj. On peut définir ces opérateurs à partir des opérateurs de champ
introduits précédemment :

N̂C,j =
∣∣∣
∫
d2xφj(x)Ψ̂C(x)

∣∣∣
2

Dans les simulations, on trouvera :

〈N̂C,j〉 = 〈a†jaj〉W − 1

2
=

〈∣∣∣
∑

x

φj(x)ψC(x)δx
∣∣∣
2〉

W
− 1

2

Des observables d’ordre plus élevé, ainsi que leurs moments stochastiques associés,
peuvent être déterminés de façon similaire.
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