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Introduction

L’étude de l’interaction lumière-matière a connu des développements spectaculaires
dans la physique moderne et a fourni aux expérimentateurs de nombreux outils pour sonder
et manipuler des systèmes physiques avec une précision inégalée. Un exemple remarquable
provient de la physique des semiconducteurs, à la croisée entre la physique du solide et de
l’optique. Dans les matériaux semiconducteurs, il est possible de confiner simultanément
les photons et les électrons, ce qui en fait un système idéal pour l’étude de l’interaction
lumière-matière. Les progrès de l’épitaxie par jets moléculaires permettent aujourd’hui de
contrôler la croissance des structures semiconductrices à la monocouche atomique près. Il
devient donc possible de confiner la fonction d’onde des électrons selon une (puits quan-
tique), deux (fil quantique) ou trois (boîte quantique) dimensions. La lumière peut aussi
être confinée dans des cavités de géométries diverses (cavité planaire, micropilier, micro-
disque, cristaux photoniques), permettant aux photons de se réfléchir des centaines de
millions de fois à l’intérieur de la cavité avant de s’échapper.

Les électrons de puits quantiques présents dans la cavité peuvent interagir avec la lu-
mière par absorption d’un photon pour être promus de la bande de valence à la bande de
conduction du semiconducteur. L’excitation élémentaire du puits quantique, appelée exci-
ton, correspond à la liaison par interaction coulombienne entre un électron de la bande de
conduction et un trou de la bande de valence. Si le couplage lumière-matière est suffisam-
ment fort devant les pertes, l’émission de photons par les excitons peut devenir réversible,
c’est à dire que le photon peut être réabsorbé et réémis plusieurs fois avant de quitter la
cavité, subissant ainsi plusieurs oscillations dites de Rabi. Ce régime est connu sous le nom
de couplage fort et a été observé pour la première fois pour un ensemble d’atomes dans
une microcavité de grand facteur de qualité (Q ∼ 106) [1, 2].

Le régime de couplage fort entre des excitons confinés dans un puits quantique et des
photons confinés dans une microcavité a été observé par C. Weisbusch en 1992 [3]. Le
spectre de réflectivité montre un anticroisement, signature de la formation d’états propres
hybrides exciton-photon appelés polaritons de microcavité. Depuis cette découverte, la
recherche sur les polaritons de microcavité a connu un développement rapide dû aux pro-
priétés particulières de cette quasi-particule.

Peu après leur découverte, il a été en effet prédit qu’en deçà d’une densité critique les
polaritons se comportent comme des bosons et, grâce à leur faible masse effective, sont
des candidats idéaux pour l’étude d’effets bosoniques en matière condensée. Ces compor-
tements bosoniques ont été mis en évidence au début des années 2000 par la génération
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d’oscillations et d’amplification paramétriques sous excitation résonante [4–6]. En 1996, A.
Imamoğlu proposa l’existence d’un effet communément appelé laser à polariton ou conden-
sation de polariton [7]. Lorsque la population d’un état particulier devient supérieure à 1,
un effet de stimulation bosonique de la relaxation se met en place : la population de cet
état augmente de façon exponentielle et cet état macroscopiquement occupé présente une
cohérence spontanée. Les condensats de polaritons ont été depuis observés dans de nom-
breux matériaux semiconducteurs tels que CdTe [8], GaAs [9–11], GaN [12] et ZnO [13, 14].

La nature mixte lumière/matière des polaritons peut aussi être avantageuse pour l’im-
plémentation de nouveaux dispositifs photoniques. Elle leur permet de se propager de
manière balistique sur des distances macroscopiques (centaines de microns) à une vitesse
de l’ordre d’un dixième de la vitesse de la lumière grâce à leur composante photonique [15].
Leur partie excitonique apporte une non-linéarité géante de type Kerr (χ(3)) [16, 17] qui est
beaucoup plus grande que la non-linéarité de Kerr dans les semiconducteurs massifs [18].
Ainsi, l’énergie nécessaire à l’apparition d’effets non-linéaires dans un dispositif à polari-
tons promet d’être plus faible que n’importe quel autre système pour une surface donnée.
Les polaritons de microcavité sont donc une plateforme intéressante pour la photonique
intégrée où l’émission cohérente, le guidage optique et la non-linéarité peuvent être com-
binés sur une même puce [19].

Le confinement des polaritons dans des structures de basse dimensionnalité est égale-
ment un outil puissant pour le contrôle et la manipulation des polaritons. Ces dernières
années, de nombreuses expériences ont été menées au Laboratoire de Photonique et Na-
nostructure (LPN) sur l’étude des polaritons dans des microcavités gravées, grâce à une
technique de nanofabrication à l’état de l’art. La condensation de polaritons 0D a été
démontrée dans des micropiliers par D. Bajoni [11], de même que des effets non-linéaires
dans des piliers uniques ou couplés par les travaux de L. Ferrier [20], M. Abbarchi [21]
et S. Rodriguez [22, 23]. Les polaritons 1D ont été étudiés dans des fils simples par E.
Wertz [24, 25], démontrant la condensation et la propagation cohérente de polaritons,
et dans des fils de géométrie plus complexe par D. Tanese (modulation périodique et
quasi-périodique [26, 27]), C. Sturm (interféromètre [28]) et H.S. Nguyen (diode tunnel
résonante [29, 30]).

Ce travail de thèse porte sur l’étude expérimentale de microstructures de très grande
qualité développées au LPN dans des géométries variées. Un premier volet plus fondamen-
tal présente l’étude de la statistique d’émission des condensats de polaritons ainsi que de
la polarisation au moment de l’initialisation des condensats de polaritons. Le second volet
plus applicatif est dédié à la démonstration de principe de plusieurs dispositifs à polaritons,
prenant avantage de la forte non-linéarité des polaritons pour réaliser différentes fonction-
nalités.

Ce manuscrit est organisé de la façon suivante :

Le chapitre 1 est une introduction générale à la physique des polaritons de microca-
vité. Nous décrivons les propriétés des microcavités semiconductrices et des excitons de
puits quantiques, puis le couplage fort exciton-photon donnant naissance aux polaritons
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de microcavité. Le pseudo-spin des polaritons lié à la polarisation de l’émission est ensuite
introduit avant de distinguer deux types d’excitation possibles des polaritons.

L’excitation non-résonante nous permet d’aborder la condensation spontanée des pola-
ritons, venant du caractère bosonique de ces quasi-particules, ainsi que leurs interactions
avec le réservoir d’excitons. L’excitation résonante permet quant à elle de contrôler tous les
paramètres d’un flux de polaritons (énergie, vecteur d’onde, densité et phase) et permet
l’étude des propriétés de ces fluides quantiques telles que la superfluidité [31], les vor-
tex [32, 33], les solitons [34–37], etc. Nous abordons enfin la physique des polaritons dans
des structures de basse dimensionnalité grâce au confinement latéral de la composante
photonique ou excitonique des polaritons. Les micropiliers et les microfils étudiés lors de
cette thèse sont présentés.

Le chapitre 2 détaille l’étude expérimentale de la polarisation de l’émission de conden-
sats de polaritons dans une microcavité planaire et un micropilier. La technique expérimen-
tale récemment développée dans notre groupe par V. Sala et moi-même est présentée dans
un premier temps. Elle permet de mesurer les corrélations temporelles du second ordre dans
l’émission des polaritons en utilisant une caméra streak avec une résolution temporelle de
4 ps. Le script permettant de calculer la fonction g2(t,τ) à partir des données brutes de la
caméra a été amélioré afin d’inclure la mesure des corrélations temporelles croisées entre
deux signaux. Nous étudions ensuite grâce à cette technique l’évolution de la cohérence
de second ordre des polaritons avec l’augmentation de la densité d’excitation, notamment
lors de la transition entre le régime linéaire et le condensat de polaritons.

L’étude comparative d’une cavité planaire et d’un micropilier avec une résolution tem-
porelle de l’ordre du temps de vie des polaritons ne montre pas de différence qualitative
dans le comportement de g2(t,τ). Nous observons une statistique compatible avec une
émission thermique pour une basse puissance d’excitation et une statistique cohérente avec
g2(t,τ = 0) ' 1 à haute puissance. La statistique cohérente n’est pas affectée par le passage
en couplage faible lors de la transition entre condensat et laser conventionnel. Nos mesures
ne montrent pas de rôle prépondérant des interactions entre polaritons dans les corrélations
d’intensité des condensats, contrairement à certaines prédictions théoriques [38–40].

Dans une seconde partie, nous étudions la dynamique des corrélations temporelles d’in-
tensité en fonction de la polarisation de l’émission, afin de comprendre les mécanismes
conduisant à l’établissement de la polarisation lors de la formation d’un condensat de
polaritons. Nous montrons que la polarisation initiale peut être aussi bien linéaire que
circulaire mais qu’une polarisation linéaire est favorisée avec une direction déterminée par
les axes du cristal. Au bout d’un certain temps de relaxation, la polarisation se fixe le long
de cet axe de façon à minimiser l’énergie du système, aussi bien dans la cavité planaire que
dans le micropilier. Au cours de cette relaxation, la différence entre la polarisation initiale
et l’axe de polarisation des états propres du système induit une précession de la polari-
sation, appelée précession de Larmor, que nous mettons en évidence dans les mesures de
corrélations entre polarisations croisées. Comme l’énergie d’interaction est plus importante
dans le micropilier que dans la cavité planaire, nous observons une précession autour d’un
axe de polarisation légèrement elliptique et dépendant du temps.

Nous contribuons par ce travail à une meilleure compréhension de la cohérence de se-
cond ordre et de l’initialisation de la polarisation des lasers à polaritons de microcavité.
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Ces résultats ont été publiés en 2016 dans PRB [41].

Les chapitres 3 et 4 sont consacrés à l’étude expérimentale de dispositifs exploitant les
propriétés non-linéaires des polaritons. Le chapitre 3 décrit l’implémentation d’un routeur
à polaritons commandé optiquement, permettant de choisir le port de sortie d’un flux de
polaritons créé par excitation non-résonante. La conception de ce dispositif proposé par
H. Flayac [42] s’appuie sur deux structures précédemment étudiées : les fils modulés pério-
diquement réalisés par D. Tanese [26], permettant de modifier la structure de bande des
polaritons et d’ouvrir des bandes interdites déterminées par les paramètres géométriques
de la structure, et la diode tunnel résonante réalisée par H.S. Nguyen [29], démontrant la
transmission résonante d’un flux de polaritons à travers une double barrière de potentiel.

Notre dispositif consiste en un micropilier circulaire (résonateur) couplé par des bar-
rières tunnel à deux fils modulés périodiquement. Les deux fils ont une période différente
de telle sorte que leurs bandes interdites soient décalées en énergie. Par une excitation
non-résonante, nous injectons des polaritons dans le résonateur qui se propagent dans l’un
et/ou l’autre fil par transmission tunnel à travers les barrières de potentiel. Grâce aux
interactions avec le réservoir excitonique, nous pouvons contrôler l’énergie de l’état du
résonateur et moduler la valeur de la transmission tunnel vers les fils.

Dans une seconde expérience, nous utilisons un laser impulsionnel pour injecter des
polaritons dans le résonateur. Grâce à un deuxième faisceau non-résonant et de faible
intensité, nous pouvons ajuster l’énergie du mode du résonateur et transférer les polaritons
dans l’un ou l’autre des fils de façon contrôlée.

Nous démontrons donc un routeur à polaritons commandé optiquement permettant de
choisir le port de sortie d’un flux de polaritons. Ces résultats ont été publiés en 2015 dans
APL [43] et repris récemment dans un article de revue publié dans Nature Materials [19].

Le chapitre 4 présente l’implémentation de dispositifs en exploitant la non-linéarité due
aux interactions entre polaritons. Nous présentons un dispositif constitué d’un micropilier
(résonateur) couplé à deux fils simples par une barrière tunnel. À l’aide d’une excitation
résonante, nous injectons un flux de polaritons dans l’un des fils, dirigé vers le résonateur, et
nous mesurons l’émission des polaritons le long de la structure. En variant continûment la
puissance d’excitation, nous observons un comportement bistable de l’état du résonateur,
propriété de base d’une mémoire optique. Un saut d’intensité de l’état OFF à l’état ON est
observé à la puissance de seuil P2, puis un saut de l’état ON à l’état OFF à la puissance
P1 < P2. La courbe d’hystérésis mesurée est fortement dépendante du désaccord entre
l’énergie du laser d’excitation et de l’état du résonateur.

La calibration du nombre de polaritons présents dans le système nous a permis d’ef-
fectuer une simulation pertinente de notre dispositif par deux méthodes différentes : en
utilisant la théorie des modes couplés, qui a l’avantage d’être analytique, et par la résolu-
tion numérique de l’équation de Gross-Pitaevskii. Ces deux méthodes donnent des résultats
compatibles et nous permettent d’obtenir une estimation de la valeur de la constante d’in-
teraction entre polaritons dans notre système. Nous remarquons enfin une différence sub-
tile entre les deux simulations provenant de la prise en compte des interactions polariton-
polariton dans le fil 1D pour la seconde méthode. Une énergie d’interaction non négligeable
dans le guide d’onde d’entrée est présente et diminue l’énergie cinétique des polaritons, ce
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qui peut nuire à l’efficacité énergétique du dispositif.
Nous nous appuyons ensuite sur le principe de ce dernier dispositif pour réaliser des

portes logiques AND, OR et XOR. Les résultats préliminaires confirmant la démarche
implémentée sont présentés ici. Un troisième fil est ajouté au dispositif précédent, couplé
par une barrière tunnel au résonateur, ce qui nous donne deux fils d’entrée et un fil de
sortie. Le saut d’intensité abrupt mesuré à la puissance P2 dans l’expérience précédente est
mis à profit en appliquant dans les deux fils d’entrée une puissance telle que leur somme
est supérieure à P2. Nous obtenons alors dans le fil de sortie une émission correspondant
à l’état OFF si seul l’un des deux fils est excité et à l’état ON si les deux fils sont excités
simultanément, ce qui constitue une porte AND optique.

En considérant la phase d’injection comme un degré de liberté supplémentaire de notre
système, nous pouvons choisir la relation de phase entre les flux de polaritons de chaque
fil à leur rencontre dans le résonateur. En choisissant d’exciter le résonateur en phase ou
en opposition de phase, nous pouvons réaliser les portes OR et XOR dans notre structure.
Nous avons donc conçu une structure modulable pouvant effectuer différents types d’opé-
rations logiques suivant le schéma d’excitation choisi. Des expériences préliminaires de
démonstration de principe de ces portes logiques sont présentées, confirmant la possibilité
d’utiliser cette géométrie de dispositif pour réaliser des portes optiques.
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Chapitre 1

Introduction aux polaritons de
microcavité

Dans cette première section, nous présentons une introduction aux polaritons de mi-
crocavité, quasi-particules issues du couplage fort exciton-photon. Nous décrivons ses deux
éléments constitutifs : le photon confiné dans une microcavité et l’exciton confiné dans un
puits quantique. Nous illustrons ensuite le concept de couplage fort et les états propres
de ce système appelés polaritons. Leurs principales caractéristiques seront décrites et nous
nous concentrerons en particulier sur leur nature bosonique et les propriétés de leurs in-
teractions.

1.1 Microcavité

Dans cette section, nous décrivons le confinement d’un photon dans une cavité de taille
micrométrique. Une telle cavité doit posséder d’une part un faible volume effectif, afin
d’avoir un champ électrique important créé par chaque photon, et d’autre part un long
temps de vie des photons, minimisant les pertes dues au couplage aux modes de l’espace
libre. Cette dernière condition impose l’utilisation de miroirs de haute réflectivité dans
le domaine spectral d’émission qui nous intéresse (infrarouge). Les miroirs métalliques ne
sont pas adaptés à cause du fort coefficient d’absorption des métaux dans le domaine de
l’infrarouge, ce qui conduit à une réflectivité inférieure à 95%.

Au contraire, les miroirs interférentiels à base de semiconducteurs ont de nombreux
avantages : ils peuvent être fabriqués par croissance épitaxiale avec le même procédé uti-
lisé pour les puits quantiques et leurs pertes par absorption sont très faibles, permettant
d’atteindre des réflectivités proches de 100%.

Pour expliquer le principe et les paramètres essentiels d’une cavité à miroirs de Bragg,
nous discuterons d’abord le cas modèle d’une cavité Fabry-Perot. Nous détaillerons ensuite
le phénomène d’interférences sur lequel les miroirs de Bragg sont basés et nous finirons par
la description d’une microcavité à semiconducteurs.
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1.1.1 Cavité Fabry-Pérot
La Fig. 1.1(a) montre le schéma d’une cavité Fabry-Perot. Elle comprend deux miroirs

parallèles de réflectivités r1, r2 et de transmissions t1, t2.

(a) (b)

Figure 1.1 – (a) Schéma d’une cavité Fabry-Perot. (b) Réflectivité d’une cavité Fabry-
Perot en fonction du déphasage φtot correspondant à un aller-retour dans la cavité.

Ils sont séparés par un milieu d’indice ncav et d’épaisseur Lcav. Nous supposons que
r1, r2, t1 et t2 sont des nombres complexes et ncav > nair. Nous considérons ensuite une
onde plane monochromatique incidente à la surface de la cavité avec un angle α. La partie
transmise par le premier miroir de cette onde est réfléchie un grand nombre de fois sur
chaque miroir. La loi de Snell-Descartes détermine l’angle de propagation dans la cavité :
nair sin(α) = ncav sin(θ)⇒ θ = arcsin

(
nair

ncav
sin(α)

)
.

Nous prenons l’onde incidente avec une polarisation transverse (TE), ce qui signifie que
le champ électrique est perpendiculaire au plan de la Fig. 1.1(a). Lors de la traversée de
la cavité, l’onde est déphasée d’une valeur : φ = 2π(ncavLcav cos(θ))/λ. L’onde transmise
sera la somme de toutes les ondes réfléchies et transmises par les miroirs. Nous décrivons
le champ électrique incident par la variable complexe Ei et celui transmis par Et, nous
pouvons alors écrire :

Et = Eit1e
iφt2 + Eit1e

iφ
(
r2e

iφr1e
iφ
)
t2...Eit1e

iφ
(
r2e

iφr1e
iφ
)n
t2 + ... (1.1)

⇒ Et = Eit1t2e
iφ
( 1

1− r1r2e2iφ

)
(1.2)

Nous notons φtot = 2φ le déphasage induit lors d’un aller retour dans la cavité et la
transmission T et la réflectivité R sont données par :

T =
∣∣∣∣EtEi

∣∣∣∣2 = (t1t2)2

1 + (r1r2)2 − 2r1r2 cos(φtot)
; R = 1− T (1.3)

φtot = 2φ = 2E
~c
ncavLcav cos(θ) (1.4)
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La Fig. 1.1(b) montre la valeur de R en fonction de φtot. Pour les valeurs de φtot multiples
de 2π ( φtot = 2πp, p étant un nombre entier), un phénomène d’interférences destructives
entraîne une forte réduction de la réflectivité. Chaque valeur de p décrit un mode de cavité
particulier. Dans le cas simplifié d’une incidence normale, les modes sont donnés par la
relation ncavLcav = pλ/2. Pour p = 1, nous obtenons une cavité λ/2, la plus petite cavité
pour une résonance donnée.

Nous pouvons généraliser notre approche en considérant que chaque réflexion sur un
miroir introduit un déphasage φi. Le coefficient de réflectivité devient alors complexe par
multiplication par un facteur de phase r → reiφ, où la phase φ dépend de l’énergie. Dans
ce cas, la condition de résonance s’écrit :

φtot(E) = 2φ(E) + φ1(E) + φ2(E) = 2πp (1.5)

Nous reviendrons à ces équations dans la suite pour décrire les miroirs interférentiels.
En incidence normale, nous pouvons définir l’écart entre deux modes ∆E, nommé

intervalle spectral libre, et la largeur de raie à mi-hauteur γc, respectivement donnés par :

∆E = π~c
Lcavncav

(1.6)

γc = ~c
Lcavncav

1− r1r2√
r1r2

(1.7)

Deux quantités sont particulièrement utiles pour caractériser la qualité optique de la cavité :
la finesse F et le facteur de qualité Q.

F = ∆E
γc

= π

√
r1r2

1− r1r2
(1.8)

Q = E

γc
= p.F = p.π

√
r1r2

1− r1r2
(1.9)

La finesse F correspond au nombre de réflexions qu’un photon peut réaliser avant de
s’échapper de la cavité. Celui-ci restera confiné dans la cavité pendant un temps caracté-
ristique donné par ~Q

E
. La finesse de la cavité dépend seulement des propriétés des miroirs

alors que le facteur de qualité dépend également de l’ordre du mode de cavité considéré.
Considérons maintenant une onde plane avec un angle d’incidence α 6= 0 possédant

un vecteur d’onde ~k = ~k� + ~kz qui vérifie : ~k2
� + ~k2

z = (2πncav/λ)2, où z est la direction
perpendiculaire au plan de la cavité. En passant de l’extérieur de la cavité (nair) à l’intérieur
(ncav), la composante parallèle ~k� du vecteur d’onde reste constante alors que ~kz évolue.
Nous savons que kcav = ncavkair = ncavE/~c, la condition de résonance pour le mode p
(φtot = 2πp) nous donne alors :

kcavz .Lcav = pπ (1.10)√(
ncavE

~c

)2
− k2

� = pπ

Lcav
(1.11)

Nous obtenons donc la relation de dispersion des modes optiques :

Ep(k�) = ~c
√(

pπ

Lcavncav

)2
+ k2

� (1.12)
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Cette relation peut être approximée par une parabole pour de petites valeurs de k� et nous
pouvons alors définir une masse effective mph pour les photons dans la cavité :

Ep(k�) = ~cpπ
Lcavncav

+
~2k2

�

2mph

(1.13)

avec mph = ~pπ
cLcavncav

. Le mouvement dans le plan des photons est donc décrit par une
masse effective due au confinement vertical.

1.1.2 Miroirs interférentiels
Un miroir interférentiel (ou miroir de Bragg) est réalisé en empilant alternativement des

couches diélectriques de deux matériaux d’indices de réfraction différents (n1,n2) et d’épais-
seurs différentes (L1,L2). Pour que la réflectivité du miroir soit maximale à la longueur
d’onde λBragg, l’épaisseur des couches Li doit être de telle sorte que n1L1 = n2L2 = λBragg

4 .
Cette structure se comporte comme un miroir de haute réflectivité sur une plage spectrale
autour de λBragg appelée bande interdite.

Figure 1.2 – Réflectivité d’un miroir interférentiel constitué d’un empilement de couches
de GaAs et d’AlAs et dessiné à la longueur d’onde λBragg = 780 nm avec n1 = nAlAs = 2,96
et n2 = nGaAs = 3,54.

La méthode des matrices de transfert permet de calculer la réponse optique d’un tel
miroir [44] et la Fig. 1.2 montre la réflectivité calculée pour un miroir constitué de N
paires de couches. Nous remarquons que l’augmentation du nombre de paires augmente la
réflectivité dans la bande interdite. Pour un grand nombre de paires et en prenant n1 < n2,
la réflectivité au centre de la bande interdite en incidence normale est donnée par [44] :

R ≈ 1− 4next
nsub

(
n1

n2

)2N
(1.14)

où next et nsub sont les indices de réfraction du milieu extérieur (arrivée de l’onde plane)
et du substrat (GaAs dans notre cas), respectivement.
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Au contraire des miroirs métalliques, le champ électrique pénètre à l’intérieur des mi-
roirs interférentiels. Il est possible de les modéliser par des miroirs sans épaisseur en mo-
difiant la phase à la réflexion, qui dépend alors de l’énergie E de l’onde incidente :

φ(E) = nsubLBragg
~c

(E − EBragg) (1.15)

où LBragg est la longueur de pénétration du champ électrique à l’intérieur du miroir, donnée
par :

LBragg = λ

2
n1n2

nsub(n1 − n2) (1.16)

Nous considérons maintenant une microcavité constituée de deux miroirs interférentiels
entourant une couche d’épaisseur Lcav et d’indice ncav. Un exemple typique de spectre de
réflectivité calculé pour une telle structure est montré sur la Fig. 1.3(a). Nous obtenons une
cavité Fabry-Perot dans la gamme d’énergie de la bande interdite des miroirs. Un creux
de réflectivité apparaît à l’intérieur de la bande interdite, définissant le mode de cavité.
Lorsque le nombre de paires augmente, la largeur de raie de ce mode diminue et le facteur
de qualité Q devient très élevé.

Figure 1.3 – (a) Réflectivité en incidence normale d’une microcavité entourée de deux mi-
roirs interférentiels dessinés à la longueur d’onde λBragg = 780 nm, pour différents nombres
de paires dans les miroirs : 10 paires (vert), 16 paires (rouge) et 30 paires (noir). (b) Dis-
tribution spatiale du module au carré du champ électrique de l’onde stationnaire pour la
longueur d’onde du mode de cavité dans une cavité λ/2

Le champ électrique à l’intérieur de la cavité peut aussi être calculé par la méthode
des matrices de transfert. Le résultat est montré sur la Fig. 1.3(b) pour une onde en
incidence normale et d’amplitude 1 à la longueur d’onde de résonance. Le confinement
dans la cavité entraîne une forte augmentation de l’amplitude du champ par rapport à sa
valeur à l’extérieur. Une onde stationnaire s’établit et le mode de cavité présente un seul
ventre principal au centre de la structure pour notre choix de cavité λ/2 dans le matériau
d’indice faible. Le champ décroît exponentiellement à l’intérieur des miroirs. L’onde n’est
pas totalement réfléchie à l’interface cavité/miroir mais pénètre à l’intérieur des miroirs
sur une distance LBragg nécessaire à l’établissement des interférences destructives.
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1.2 Excitons de puits quantiques
Les matériaux semiconducteurs sont caractérisés par une bande d’énergie interdite entre

la bande occupée de plus haute énergie (bande de valence) et la bande non occupée de
plus basse énergie (bande de conduction). L’état fondamental du système correspond alors
à une bande de valence pleine et une bande de conduction vide.

Dans les semiconducteurs, la largeur de la bande interdite est suffisamment faible pour
qu’un électron de la bande de valence puisse être excité vers la bande de conduction
par excitation optique. La bande de valence possède alors une charge manquante, décrite
comme une quasi-particule de charge +e, appelée trou. L’excitation du semiconducteur
correspond donc à la création d’une paire électron-trou. Dans cette section, nous décrivons
le premier état excité en prenant en compte l’interaction de Coulomb entre l’électron et le
trou. Cet état est décrit par un état lié de la paire appelé exciton [45].

1.2.1 Excitons de puits quantique
Dans un matériau semiconducteur, chaque bande peut être approximativement repré-

sentée par une parabole autour de k = 0. Les électrons de valence et de conduction sont
considérés comme des particules libres possédant une masse effective liée à la courbure
de cette parabole. Pour un semiconducteur à gap direct, nous considérons des bandes de
conduction et de valence séparées par une bande interdite Eg avec une structure de bande
décrite par les relations de dispersion suivantes :

Ec(~k) = Eg + ~2k2

2m∗e
(1.17)

Ev(~k) = ~2k2

2m∗t
(1.18)

où m∗e et m∗t représentent respectivement la masse effective d’un électron dans la bande de
conduction et d’un trou dans la bande de valence.

Les électrons et les trous peuvent se propager dans le matériau. Leur fonction d’onde
est décrite par une fonction de Bloch :

φe(~r) = ei
~k.~rue(~r) ; φt(~r) = ei

~k.~rut(~r) (1.19)

Les fonctions ue et ut sont périodiques sur le réseau cristallin.
Lors d’une excitation optique, un électron de la bande de valence peut être promu dans

la bande de conduction grâce à l’absorption d’un photon d’énergie ~ω > Eg, laissant un trou
dans la bande de valence. La conservation de l’énergie et de l’impulsion lors du processus
d’absorption impose que l’électron et le trou ait une impulsion opposée, l’impulsion du
photon pouvant être négligée. L’excitation optique avec une énergie ~ω < Eg montre des
résonances discrètes situées dans la bande interdite, dues à l’existence d’états liés de la
paire électron-trou. Ces états sont dus à l’interaction coulombienne entre l’électron et le
trou et sont appelés excitons.

Dans notre cas, les excitons sont confinés dans un puits quantique, formé par une
couche de semiconducteur de largeur L (typiquement quelques nm) entre deux couches de

20



semiconducteur à plus grande bande interdite. Le profil de potentiel correspondant selon
la direction de croissance est représenté schématiquement sur la Fig. 1.4.
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Figure 1.4 – Schéma d’un puits quantique de GaAs dans une barrière d’AlAs. Les lignes
tiretées représentent les énergies des états confinés des électrons et des trous.

Dans ce type de structures, les électrons et les trous sont confinés dans le plan x-y par
une barrière de potentiel Ve (respectivement Vt) et les états quantiques du système sont
régis par l’hamiltonien suivant :

H = Eg + p2
e

2m∗e
+ p2

t

2m∗t
− e2

κ|~re − ~rt|
+ VeH(z2

e −
L2

4 ) + VtH(z2
t −

L2

4 ) (1.20)

où ~re et ~pe (respectivement ~rt et ~pt) représentent la position et l’impulsion de l’électron
(respectivement du trou). κ est la constante diélectrique et tient compte de l’écrantage de
l’interaction coulombienne par les autres électrons. H(z) est la fonction de Heaviside. La
fonction d’onde de l’exciton peut alors se mettre sous la forme :

Ψ ~K�
(~re,~rt) = u∗e(~re)ut(~rt)ψ ~K�

(~ρ,ze,zh, ~R) (1.21)

où ψ ~K(~ρ,ze,zh, ~R) est la fonction enveloppe et les vecteurs ~ρ = ~re�−~rt� et ~R = m∗e~re�−m∗t~rt�
m∗e+m∗t

représentent respectivement le mouvement relatif de l’électron et du trou et le mouvement
du centre de masse de l’exciton. ~K� = ~Ke� + ~Kt� est le vecteur d’onde dans le plan du
centre de masse de l’exciton.

Un état propre de l’hamiltonien de l’équation (1.20) est décrit par la fonction enveloppe
suivante :

Ψ ~K�
(~re,~rt) = 1√

S
ei
~K�. ~R�χe(ze)χt(zt)φ(~ρ) (1.22)

où S est la surface du cristal, χe(ze) et χt(zt) sont les solutions de l’équation de Schrödinger
pour les électrons et les trous dans un puits de potentiel rectangulaire et φ(~ρ) est solution
d’un hamiltonien hydrogénoïde.

Les énergies propres sont alors données par :

EX
n ( ~K�) = Eg + Ee + Et +

~2 ~K2
�

2(m∗e +m∗t )
− Ry

(n− 1/2)2 (1.23)
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où Ry est la constante de Rydberg, Ee (Et) est l’énergie de confinement de l’électron (du
trou) et Eg + Ee + Et représente l’énergie du gap du puits quantique en négligeant l’in-
teraction coulombienne entre l’électron et le trou. Le rayon de Bohr effectif de l’exciton
dans un puits quantique est donné par la relation : a∗B = ~2κ2

2µe2 , où µ est la masse effective
de l’exciton. Dans le GaAs, le rayon de Bohr est de l’ordre de 5 nm. Le confinement par
le puits quantique augmente le recouvrement entre les fonctions d’onde de l’électron et
du trou par rapport au semiconducteur massif, ce qui augmente l’énergie de liaison de
l’exciton (Eb ∼ 5 meV) [46]. L’exciton, composé de deux particules fermioniques, obéit à
une statistique bosonique à faible densité. En effet, la création d’un exciton résulte en une
faible occupation de chaque état fermionique de paires électron-trou, ce qui implique qu’un
grand nombre d’excitons peut être créé sans que le principe d’exclusion de Pauli ne soit
violé. Néanmoins, lorsque la densité d’excitons dans le système est fortement augmentée,
nous devons prendre en compte l’écrantage des interactions coulombiennes et l’occupa-
tion importante de l’espace des phases. Ces deux effets entraîne la destruction de l’état
excitonique et conduit à la génération d’un plasma de paires électron-trou [47, 48].

La densité correspondant à cette transition peut être estimée par le calcul du commu-
tateur de B̂k et B̂†k, représentant l’annihilation d’un exciton [47, 48]. Sa valeur moyenne
peut être approximée en fonction de la densité d’excitons n :

〈[
B̂k,B̂

†
k

]〉
= 1−O(n.(a∗B)2).

Cette relation permet d’estimer l’ordre de grandeur de la densité nsat ∼ 1/(a∗B)2, à partir
de laquelle le comportement de l’exciton n’est plus bosonique. La valeur précise de cette
quantité ne fait cependant pas encore consensus au sein de la communauté [49, 50]. Cette
limite est appelée densité de Mott et correspond approximativement à 1011 excitons par
centimètres carrés [51, 52] pour des puits quantiques de GaAs.

1.2.2 Interaction lumière matière
Nous avons déjà évoqué le fait qu’un exciton peut être créé par l’absorption d’un photon.

Il peut aussi se désexciter en émettant un photon lors de la recombinaison de l’électron et
du trou. Nous décrivons ici le couplage des excitons au champ électromagnétique et nous
introduisons plusieurs règles de sélection qui doivent être respectées.

La force d’oscillateur f est proportionnelle à la probabilité d’absorption d’un photon
par un électron de masse m0 lors de la traversée du puits quantique. Pour une différence
d’énergie E entre deux niveaux électroniques |i〉 et |f〉, la force d’oscillateur f pour un
champ polarisé ~ε s’écrit [53] :

f = 2
m0E

|〈f |~ε.
∑
k

~pk|i〉|2 (1.24)

Dans le cas d’un exciton de puits quantique, la force d’oscillateur fosc de l’exciton par
unité de surface s’écrit [53] :

fosc
S

= 2
m0E

|φ(0)|2|〈ue|~ε.~p|ut〉|2
∣∣∣∣∫ χt(z)χ∗e(z)dz

∣∣∣∣2 (1.25)

où 〈ue|~ε.~p|ut〉 est un élément de matrice de Kane caractéristique du matériau, φ(0) est
la transformée de Fourier en k de la fonction enveloppe de l’exciton et sa forme très
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piquée en 0 selon k nous permet d’effectuer l’approximation φ(k) ' φ(k = 0). Le terme
|
∫
χt(z)χ∗e(z)dz| correspond au recouvrement des fonctions enveloppes de l’électron χ∗e(z)

et du trou χ∗t (z). La conservation du moment cinétique, du vecteur d’onde et de l’énergie
lors de l’émission ou de l’absorption d’un photon par un exciton définissent un ensemble
de règles de sélection.

Le moment cinétique total des excitons peut prendre comme valeur J = 1 ou J = 2,
donné par les moments cinétiques des électrons (±1/2) et des trous (±3/2). En revanche,
les photons possèdent un moment cinétique total J = 1. Comme le couplage lumière
matière conserve le moment cinétique, seuls les excitons J = 1 sont couplés au champ
électromagnétique. Les excitons J = 2 non couplés sont appelés états noirs [45].

Le vecteur d’onde dans le plan est aussi conservé lors de la transition optique. L’exciton
de vecteur d’onde ~K ne peut se coupler qu’avec des photons possédant un vecteur d’onde
dans le plan identique. Toutes les valeurs de ~Kz sont cependant autorisées et l’état | ~K�〉
de l’exciton est donc couplé à un continuum d’états photoniques le long de ~Kz. De plus, la
dispersion en énergie des excitons EX( ~K�) impose une limite à leur vecteur d’onde dans le
plan ~K�. En effet, l’énergie d’un photon qui se propage dans le matériau du puits d’indice
n est ~ck

n
. Si K� > krad, où krad satisfait ~ckrad

n
= EX(K� = 0) + ~2~k2

rad

2M , l’énergie de ces
excitons ne peut être conservée lors de la transition optique. Cette transition leur est donc
interdite et ces excitons sont des états non radiants.

1.3 Polaritons de microcavité
Les deux précédentes sections nous ont permis d’expliciter les deux éléments à l’origine

des polaritons de microcavité. Le rôle des puits quantiques sur les excitons et de la mi-
crocavité sur les photons est analogue. L’invariance par translation est dans les deux cas
brisée le long de l’axe z, ce qui impose un confinement discrétisant les niveaux d’énergie
excitoniques et photoniques. Nous voulons maintenant aborder le cas d’un mode de cavité
résonant avec la transition excitonique. L’interaction entre photons et excitons est forte-
ment amplifiée par le confinement. Pour une valeur d’interaction suffisamment importante,
le système atteint le régime de couplage fort, ce qui change dramatiquement ses propriétés.
Dans ce régime, les états propres du système sont des états mixtes exciton-photon appelés
polaritons de microcavité.

1.3.1 Couplage fort exciton-photon
Un système à plus de deux niveaux peut être excité dans un état de plus haute énergie

et se désexciter par émission d’un photon. Les propriétés de cette émission sont cepen-
dant fortement influencées par son environnement. Deux régimes d’émission différents sont
distingués [54] :

Couplage faible :
Pour un puits quantique dans un semiconducteur massif, le mode excitonique est couplé

à un continuum d’états photoniques. Le photon émis par un exciton a donc une probabi-
lité négligeable d’être réabsorbé par le système (processus irréversible) et la probabilité de
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retrouver notre système dans l’état initial après un temps t décroît exponentiellement. Ce
régime est aussi appelé perturbatif car le champ électromagnétique apparaît dans l’hamil-
tonien comme un terme perturbatif w ∝ ~p. ~A et le développement au premier ordre donne
le taux d’émission spontanée (règle d’or de Fermi) :

Γ = 2π
~
|〈Ψ0|w|Ψ1〉|2ρ(Eph) (1.26)

où ρ(Eph) est la densité d’état des photons et |Ψ0〉 (|Ψ1〉) est l’état fondamental (excité).
Il est cependant possible de créer les conditions expérimentales nécessaires pour obtenir

un processus réversible.
Couplage fort :
Dans le cas d’un puits quantique en cavité, le mode excitonique n’est couplé signifi-

cativement qu’avec le mode photonique de la cavité, ce qui conduit à un couplage entre
deux états discrets. Aussi appelé régime non perturbatif, le photon émis a dans ce cas de
fortes chances d’exciter à nouveau le système et de revenir à l’état initial. La probabilité
de retrouver le système dans l’état initial ne décroît plus exponentiellement et l’excitation
oscille continûment entre l’exciton et le mode de cavité, décrivant des oscillations de Rabi.
Dans ce régime, les états propres du système sont les états mixtes exciton-photon appelés
polaritons. Dans le domaine spectral, les oscillations de Rabi sont révélées par une sépara-
tion en énergie ΩR, appelée dédoublement de Rabi, et par l’anti-croisement observé entre
les états couplés.

Les polaritons constituent un système intrinsèquement hors-équilibre. En effet, le temps
de vie des polaritons est de l’ordre de la dizaine de ps, limité par le temps de vie des pho-
tons à l’intérieur de la cavité. Les photons s’échappent donc en permanence de la cavité,
ce qui nous oblige à exciter optiquement le système en permanence mais nous offre aussi
un outil de mesure pour étudier les propriétés des polaritons à l’intérieur de la cavité.

Pour trouver les conditions nécessaires au régime de couplage fort, il est possible de
décrire l’exciton et le photon comme deux oscillateurs de Lorentz couplés [55]. La force de
couplage entre ces deux oscillateurs est définie par g ∝

√
fosc

SLeff
et le dédoublement de Rabi

peut alors s’écrire :

Ω = 2
√
g2 − (γC − γX)2

4 (1.27)

où γC et γX sont les largeurs de raie des résonances photonique et excitonique respective-
ment.

Si g < (γC − γX), Ω est un imaginaire pur et l’énergie du système est rapidement
dissipée, nous sommes donc dans le régime de couplage faible. Dans le cas opposé, g > (γC−
γX), les dissipations de l’exciton et du photon sont suffisamment lentes pour autoriser un
transfert cohérent de l’énergie entre les oscillateurs. Les deux raies doivent aussi respecter
g > γC et g > γX pour avoir un nombre raisonnable d’oscillations et atteindre le régime
de couplage fort.

La première étude théorique du régime de couplage fort dans un matériau massif a été
conduite par Hopfield en 1958 [56], dans laquelle il décrit les excitations élémentaires du
système comme des états mixtes lumière matière nommés polaritons.
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1.3.2 Description quantique des polaritons
Les excitons et les photons dans la cavité constituent un système de deux oscillateurs

bosoniques couplés par une interaction lumière matière. Nous introduisons les opérateurs
bosoniques de création et d’annihilation d’un photon (â†k�

,âk�) et d’un exciton (b̂†k�
,b̂k�) de

vecteur d’onde k�. L’hamiltonien du système s’écrit :

H(k�) =
∑
k�

EC(k�)â†k�
âk� +

∑
k�

EX(k�)b̂†k�
b̂k� +

∑
k�

ΩR

2
(
â†k�

b̂k� + âk� b̂
†
k�

)
(1.28)

où le dernier terme représente le couplage entre les deux oscillateurs de même vecteur
d’onde k� et ΩR est le dédoublement de Rabi. Les relations de dispersion des modes de
photon et d’exciton sont données par les équations :

EC(k�) =
√

(EC
0 )2 + ( ~c

ncav
k�)2 et EX(k�) = EX

0 +
~2k2

�

2mX

(1.29)

L’hamiltonien précédent peut s’écrire dans une base de Fock |nx,np〉, où nx et np re-
présentent le nombre d’excitons et de photons. Si l’on se restreint à la base tronquée |0,1〉
et |1,0〉 alors H(k�) s’écrit :

H(k�) =
(
EC(k�) ΩR/2
ΩR/2 EX(k�)

)
(1.30)

Pour diagonaliser cette matrice, nous introduisons les opérateurs créations suivants :

p̂†(k�) = Xk� b̂
†
k�

+ Ck� â
†
k�

(1.31)

q̂†(k�) = Ck� b̂
†
k�
−Xk� â

†
k�

(1.32)

Les particules créées par les opérateurs p̂†(k�) et q̂†(k�) sont des particules mixtes, super-
position linéaire d’un exciton et d’un photon, appelées polaritons. Les coefficients Xk� et
Ck� sont appelés coefficients de Hopfield et sont définis par :

Xk� =

√√√√∆(k�) + δ(k�)/2
2∆(k�) (1.33)

Ck� =

√√√√∆(k�)− δ(k�)/2
2∆(k�) (1.34)

où nous définissons δ(k�) = EC(k�) − EX(k�) comme le désaccord exciton-photon et
∆(k�) =

√
(δ(k�)/2)2 + (ΩR/2)2.

L’hamiltonien est diagonal dans cette base et s’écrit :

H =
∑
k�

ELP (k�)p̂†k�
p̂k� +

∑
k�

EUP (k�)q̂†k�
q̂k� (1.35)
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Il a pour valeurs propres :

ELP (k�) = EC(k�) + EX(k�)
2 − 1

2
√
δ(k�)2 + Ω2

R (1.36)

EUP (k�) = EC(k�) + EX(k�)
2 + 1

2
√
δ(k�)2 + Ω2

R (1.37)

Nous appelons enfin poids photon (respectivement poids exciton) la quantité |Ck� |2

(respectivement |Xk�|2). À résonance δ(k�) = 0, les poids exciton et photon des deux
branches LP et UP sont égaux à 0,5 et les polaritons de basse et haute énergie sont moitié
exciton et moitié photon. Dans ce cas, les deux branches sont séparées par l’énergie ΩR.

La Fig. 1.5 présente les relations de dispersion des états de polaritons pour différents
désaccords δ = δ(k� = 0), ainsi que la dispersion des modes d’exciton et de photon non
couplés. Nous observons que le couplage fort est caractérisé par un anticroisement des
relations de dispersion pour un désaccord négatif ou nul.

Les poids exciton et photon de la branche basse des polaritons sont tracés sur la colonne
de droite. Nous voyons ainsi qu’en fonction de k� les polaritons changent de nature et sont
plus photoniques autour de k� = 0 que pour de grands vecteurs d’onde.

Nous pouvons définir une masse effective pour la branche basse de polaritons à partir
de la courbure de la dispersion, approximée par une parabole autour de k� = 0 :

ELP ≈ ELP (k� = 0) +
~k2

�

2mLP

(1.38)

où la masse effective du polariton mLP est donnée par la relation suivante :

1
mLP

=
|Xk�|2

m∗X
+
|Ck�|2

mph

(1.39)

où m∗X est la masse effective de l’exciton dans le plan. Comme m∗X � mph, la masse
effective du polariton peut être approximée par mLP ≈ mph

|Ck�
|2 pour un poids excitonique

|Xk� |2 pas trop important. Elle est donc de l’ordre de la masse effective du photon, ainsi
mLP ≈ 10−5me � m∗X , où me est la masse de l’électron.

Le temps de vie des polaritons peut aussi être exprimé en fonction des coefficients de
Hopfield [57]. Pour la branche basse de polariton, cette valeur est donnée par :

1
τLP

=
|Xk�|2

τX
+
|Ck� |2

τph
(1.40)

Le temps de vie des photons τph, étant généralement de l’ordre de la dizaine de ps, est
bien plus faible que le temps de vie des excitons τX , défini par la diffusion induite par
les collisions phonon-exciton. Autour de k� = 0 et pour un désaccord proche de 0, nous
pouvons simplifier l’expression du temps de vie des polaritons : τLP ≈ τph

|Ck�
|2 .
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Figure 1.5 – Colonne de gauche : relation de dispersion des deux branches de polaritons
(lignes noires continues) ainsi que de l’exciton et du mode de cavité (lignes pointillées bleue
et rouge respectivement). Le dédoublement de Rabi est ΩR = 15 meV ; les désaccords sont
(a) δ = +ΩR, (b) δ = 0 et (c) δ = −ΩR. Colonne de droite : poids exciton |Xk�|2 et poids
photon |Ck� |2 de la branche basse de polaritons.

1.3.3 Pseudo-spin des polaritons

Comme mentionné brièvement plus haut, les polaritons possèdent un degré de liberté
de spin hérité de leurs constituants : excitons et photons. En particulier, seuls les excitons
de puits quantiques possédant un moment cinétique total J = 1 sont couplés aux photons.
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Seules deux projections sont possibles selon l’axe de quantification z (parallèle à l’axe de
croissance), correspondant aux deux états excitoniques : Jz = +1 = (Jzh = 3

2 ,J
z
e = −1

2) et
Jz = −1 = (Jzh = −3

2 ,J
z
e = +1

2). En incidence normale, les photons polarisés circulairement
droit (σ+) excite l’état excitonique ↑ et ceux polarisés circulairement gauche (σ−) excite
↓.

Seules deux valeurs du moment cinétique des polaritons sont possibles (Jz = ±1). Les
polaritons se comportent comme des particules de spin 1/2 dont l’état de pseudo-spin peut
être représenté sur la sphère de Bloch [Fig. 1.6(b)]. Les polaritons de moment cinétique ±1
émettent des photons σ±. Les polaritons peuvent aussi émettre des photons de polarisation
linéaire ou elliptique, représentées par un terme de phase θ entre les polarisations σ+ et
σ−. Nous pouvons donc reconstruire entièrement le pseudo-spin des polaritons à l’intérieur
de la cavité en mesurant la polarisation des photons émis par la cavité.

Vertical 

Horizontal 

Diagonal 

Circular 
Right 

Antidiagonal 

Circular 
Left 

Figure 1.6 – Représentation du pseudo-spin des polaritons sur la sphère de Bloch, cor-
respondant à la polarisation des photons s’échappant de la cavité. Les pôles représentent
les états polarisés circulairement et l’équateur représente les états de polarisation linéaire.

1.3.4 Splitting TE-TM et champ magnétique effectif
Une des caractéristiques des polaritons est la présence d’une séparation en énergie des

modes de polaritons polarisés linéairement [58]. Dans une microcavité diélectrique, une
levée de dégénérescence des modes de polarisation TE et TM est présente pour k� 6= 0. Ce
dédoublement vient de la composante photonique des polaritons [59] et est lié aux condi-
tions limites du champ électromagnétique à chaque interface de la cavité qui dépendent
de la polarisation de la lumière. En effet, ces coefficients sont différents pour des photons
polarisés de façon transversale au plan d’incidence (TE) (c’est à dire dans le plan de la
microcavité) ou dans le plan d’incidence (TM).

L’existence de deux branches photoniques polarisées linéairement donne naissance à
deux branches de polaritons de polarisation TE et TM [Fig. 1.7(a)]. Ce dédoublement
∆TE−TM peut être considéré comme un champ magnétique effectif ~Ω dans le plan de la
cavité agissant sur le pseudo-spin des polaritons ~S, selon le terme d’interaction spin-orbite
HSO = ~Ω.~S [58].
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(a) (b) (c)

Figure 1.7 – (a) Levée de dégénérescence TE-TM de la branche basse des polaritons dans
une microcavité 2D. (b) Champ magnétique effectif correspondant, avec une texture dans
le plan (kx,ky) (figure extraite de [60]). (c) Démonstration expérimentale de l’effet Hall de
spin dans une microcavité semiconductrice (figure extraite de [61]).

Le champ magnétique effectif dépend du vecteur d’onde ~k des polaritons selon les
relations suivantes :

Ωx =∆TE−TM

~k2 (k2
x − k2

y) (1.41)

Ωy =2∆TE−TM

~k2 kxky (1.42)

La texture de ~Ωk� dans le plan (kx,ky) est représentée sur la Fig. 1.7(b). La dynamique
du pseudo-spin des polaritons est identique à celle d’une particule de spin 1/2 dans un
champ magnétique. Si le système est initialisé dans un état autre que les états propres
de pseudo-spin (TE ou TM), il subit une précession autour de la direction du champ
magnétique effectif ~Ω à la fréquence de Larmor ω = ∆TE−TM/~, suivant la relation :

∂~S

∂t
= ~S × ~Ωk� (1.43)

Si l’on excite un état de polariton de manière résonante dans un état de vecteur d’onde
k�, les polaritons sont rapidement diffusés élastiquement sur un cercle isoénergétique dans
l’espace des k à cause du désordre dans la structure. Comme cette diffusion préserve la
polarisation, tout le cercle est peuplé avec la même polarisation. La direction du champ
magnétique effectif dépend de k� donc la précession est différente selon chaque direction
de propagation. Des domaines de polarisation circulaire apparaissent dans chaque quart
du plan (x,y) ou (kx,ky) [Fig. 1.7(c)], dans l’espace réel comme dans l’espace réciproque.
Ce phénomène a conduit à l’observation de l’effet Hall de spin dans des microcavités
semiconductrices par le groupe d’A. Bramati au LKB [60, 61].

Nous verrons plus loin qu’une levée de dégénérescence des états de polarisation plus
forte peut aussi être observée dans des structures de basse dimensionnalité telles que les
microfils ou micropiliers. Notons qu’un dédoublement de polarisation additionnel peut
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apparaître provenant de la composante excitonique. Ce dédoublement est indépendant de
k� et est lié aux contraintes ou à un désordre anisotrope dans la microcavité, ce qui conduit
à une levée de dégénérescence des états de polarisation linéaire observable en k� = 0 [62].

1.4 Photoluminescence des polaritons
La première mesure de l’émission de polaritons dans des microcavités semiconductrices

contenant des puits quantiques a été effectuée par C. Weisbuch et al. en 1992 [3], observant
pour la première fois des polaritons de microcavité. Les miroirs de la cavité ont une réflec-
tivité finie, ce qui entraîne des pertes par échappement du photon hors de la cavité. Cette
photoluminescence peut alors être collectée pour étudier les propriétés des polaritons.

(a) 

(b) 

Figure 1.8 – (a) Spectres de photoluminescence à différents angles. (b) Énergie des pics
de luminescence reportés en fonction du vecteur d’onde k�. Figures extraites de [63].

R. Houdré et al. ont réalisé la première mesure de photoluminescence résolue en angle
de polaritons de microcavité [63] [Fig. 1.8]. Lorsque la partie photonique d’un polariton
s’échappe de la cavité, l’énergie et le vecteur d’onde dans le plan ~k� sont conservés. Les
photons sont émis hors de la cavité avec un angle θ tel que : sin(θ) = k�~c/E(k�). En
mesurant l’énergie et l’angle d’émission de la photoluminescence des polaritons, il est donc
possible de remonter à la dispersion E(k�) des polaritons.

Le poids photonique des états de polaritons peut ensuite être calculé à partir de leur
dispersion et nous pouvons en déduire le temps de vie radiatif des polaritons τLP ≈ τph

|Ck�
|2 .

L’intensité du signal résolu en angle I(k) en régime continu est liée au temps de vie des
polaritons et au facteur d’occupation f(k) de l’état k par la relation :

I(k) ∝ f(k)
τLP

(1.44)
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La valeur d’intensité mesurée est très liée au dispositif expérimental et nous verrons dans
le chapitre 3 comment estimer le nombre de photons participant à l’émission. Par une cali-
bration précise du dispositif optique, on peut mesurer l’occupation des états de polaritons
en fonction de k.

1.5 Condensation sous excitation non-résonante
L’observation du couplage fort dans les cavités à semiconducteurs a permis d’envisa-

ger les polaritons comme plateforme pour l’étude d’effets bosoniques dans les matériaux
semiconducteurs [7]. En effet, lorsque le facteur d’occupation d’un état de polaritons aug-
mente au-delà de 1, nous nous attendons à observer un effet de stimulation bosonique de
la relaxation vers cet état.

La branche basse des polaritons est considérée par un exciton comme un piège proche de
k� = 0 dans l’espace des k. La densité d’état y est 104 fois plus faible que la densité d’états
excitoniques. En 1996, A. Imamoğlu a montré que la faible masse effective des polaritons
peut être favorable à l’accumulation spontanée d’une population cohérente dans la branche
basse grâce à la stimulation bosonique de la relaxation des polaritons [7].

1.5.1 Condensation
Lors d’une excitation non-résonante, ce processus de condensation est caractérisé par

une augmentation importante et non-linéaire de l’émission avec apparition d’une cohérence
spontanée. Ce nouveau mécanisme d’émission de lumière cohérente, sans inversion de po-
pulation, a d’abord été nommé boser, puis laser à polaritons ou condensat de polaritons.

Expérimentalement, à faible puissance, le mécanisme de relaxation vers la branche
basse des polaritons est dominé par l’émission de phonons acoustiques. Celui-ci doit être
plus efficace que les pertes dues à la partie photonique des polaritons (échappement de
la cavité), afin d’atteindre le facteur d’occupation de 1 nécessaire au déclenchement de la
stimulation bosonique [64].

L’excitation non-résonante consiste à injecter des paires électron-trou à une énergie
plus élevée que celle de la branche basse des polaritons, correspondant souvent au premier
creux de réflectivité de plus haute énergie dans les miroirs de Bragg [Fig. 1.9(b)].

Des paires électron-trou sont générées dans les puits quantiques et relaxent par émission
de phonons optiques et acoustiques vers la région excitonique plate de la dispersion des
polaritons [Fig. 1.9(a)], créant ainsi un réservoir d’excitons [54, 65]. À partir de ce réservoir,
la relaxation par émission de phonons acoustiques vers le bas de la branche basse des
polaritons est très inefficace. En effet, la dispersion des phonons acoustiques est trop faible
pour conserver l’énergie et k�. L’énergie perdue par le polariton lors de la relaxation est
donc majoritairement absorbée par la composante selon z du phonon. L’énergie du phonon
est cependant limitée par une coupure dans le vecteur d’onde qz du phonon qui impose au
taux de relaxation une diminution exponentielle. Cet effet empêche une relaxation efficace
des polaritons vers k� = 0 et conduit à l’apparition d’un goulet d’étranglement de la
relaxation des polaritons [66, 67].
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Figure 1.9 – Schéma de la relaxation des polaritons vers le bas de la branche basse des
polaritons (LP). Les excitons sont créés à haute énergie par une excitation non-résonante.
Ils thermalisent en interagissant avec les phonons, puis la compétition entre la diffusion
par phonon acoustique et la dissipation peut empêcher le système de thermaliser dans le
bas de la branche LP. Figure extraite de [52].

Ce système est donc fortement hors équilibre. La population s’accumule dans le réservoir
excitonique, formé par les états de grands vecteurs d’onde, pendant que la population dans
le bas de la branche basse est déterminée par l’équilibre entre le taux de relaxation depuis
le réservoir et les pertes par échappement du photon.

La dynamique de la relaxation est influencée par de nombreux facteurs, notamment
les interactions avec des électrons libres [68, 69] et les collisions polariton-polariton [70].
Ce dernier facteur indique que la relaxation peut être accélérée par l’augmentation de la
densité d’excitation, tout en maintenant la densité d’excitons en dessous de la densité de
Mott afin d’empêcher la transition vers le couplage faible.

La première observation expérimentale d’un laser à polariton a été obtenue par L. S.
Dang [71] puis confirmée par les travaux de J. Kasprzak dans une cavité CdTe [8, 72]
[Fig. 1.10]. Grâce à la forte énergie de liaison des excitons dans le CdTe (Eb ∼ 25 meV,
donnant une densité de Mott dix fois plus élevée que dans le GaAs) et à une relaxation par
les phonons optiques et acoustiques plus efficace (par rapport au GaAs), la condensation
est possible même avec des temps de vie très faible (Q ∼ 7000). Les auteurs mesurent
une forte émission non-linéaire de l’état k = 0 de la branche basse des polaritons, associée
à l’apparition d’une grande cohérence spatiale et temporelle. L’utilisation de matériaux
possédant une énergie de liaison des excitons encore plus forte, tels que le GaN (Eb ∼
30 meV) [12, 73] ou le ZnO (Eb ∼ 70 meV) [13, 14] a permis l’observation du laser à
polaritons à température ambiante.

Le goulet d’étranglement de la relaxation a d’abord empêché l’observation de la conden-
sation des polaritons dans les cavités GaAs. En 2002, R. Butté a montré qu’en augmentant
la puissance d’excitation dans une microcavité GaAs contenant 6 puits quantiques d’In-
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(a) 

(b) 

Figure 1.10 – (a) Émission en champ lointain résolue en angle (kx, ky) pour trois intensités
d’excitation croissantes (0,55Pth, 1Pth, 1,14Pth). (b) Mesures identiques résolues en énergie
et en vecteur d’onde. Figures extraites de [8].

GaAs, le système entre dans le régime de couplage faible et un laser conventionnel est
observé [52]. Différentes techniques ont été implémentées pour optimiser le mécanisme de
relaxation dans les échantillons GaAs et surmonter le goulet d’étranglement. Le pompage
de la cavité à l’énergie du réservoir excitonique a permis au groupe de Y. Yamamoto de
diminuer la densité de charges libres qui contribuent à écranter les excitons et d’observer la
condensation [74]. Grâce à un confinement spatial induit par des contraintes mécaniques,
le groupe de D. Snoke a pu améliorer l’efficacité de la relaxation des polaritons et observer
une émission fortement non-linéaire des états de polaritons [10].

Dans notre groupe au C2N, dirigé par J. Bloch, l’approche consiste à utiliser plusieurs
puits quantiques avec une cavité de très grand facteur de qualité. En utilisant 12 puits
quantiques, il a été possible d’augmenter le nombre total d’excitons dans la cavité avant
d’atteindre la densité de Mott, ce qui a permis d’améliorer grandement l’efficacité de la
relaxation par collisions polariton-polariton. De plus, un facteur de qualité nominal très
élevé a permis de diminuer les pertes radiatives et donc de favoriser la relaxation.

En utilisant ces nouveaux échantillons, D. Bajoni montra en 2008 la condensation des
polaritons dans les modes discrets d’un micropilier [11] et E. Wertz démontra en 2009
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la condensation des polaritons dans l’état k = 0 d’une cavité planaire [24]. Différentes
géométries pour la cavité ont aussi été étudiées comme des micropiliers couplés [75] ou des
fils [25, 76]. L’étude des systèmes de dimensionnalité réduite sera abordée plus loin dans
ce chapitre.

1.5.2 Interactions
Pour une puissance d’excitation élevée, l’occupation importante de la branche basse

de polaritons remet en cause l’approximation du comportement bosonique des excitons.
La limite de la densité de Mott correspond en effet à la disparition d’un état excitonique
lié bien distinct au profit d’un plasma de paires électron-trou. Avant cette limite haute, il
est possible d’obtenir un régime où l’interaction de Coulomb entre la partie excitonique
des polaritons doit être prise en compte et donne naissance a de fortes non-linéarités. Elle
s’écrit [17] :

HXX = 1
2
∑
k,k′,q

V XX
q b̂†k+q b̂

†
k′−q b̂kb̂k′ (1.45)

Le coefficient V XX
q est le potentiel d’interaction effectif entre deux excitons. Il n’a

pas d’expression simple en général, car il inclue tous les effets complexes d’interaction et
d’échanges de charges électron-électron et trou-trou. Néanmoins, dans la limite de faible
vecteur d’onde (q.a∗B � 1, où a∗B est le rayon de Bohr de l’exciton) ce terme dépend
faiblement de q et nous pouvons l’écrire comme [17, 77] :

V XX
0 = 6e2a∗2Dexc

εA
(1.46)

où a∗2Dexc est le rayon de l’exciton 2D, ε est la constante diélectrique du matériau et A
est une aire de quantification. V XX

0 est la constante d’interaction exciton-exciton, souvent
nommée gR dans la littérature. L’interaction exciton-exciton est la source du comportement
non-linéaire des exciton-polaritons.

Plusieurs expériences ont mis en évidence ces interactions [25, 78, 79]. L’expérience
réalisée par E. Wertz [25] fournit un exemple très visuel montrant les interactions exciton-
polariton. Elle consiste à injecter par excitation non-résonante un condensat de polaritons
au centre d’un microfil long de 200µm et à mesurer la photoluminescence résolue spectra-
lement et spatialement le long du fil. Le résultat est montré en Fig. 1.11. Nous observons
un condensat de polaritons à une énergie proche de 1580 meV, étendu sur presque toute la
longueur du fil. Cette propagation est due à la renormalisation de l’énergie des polaritons
par les interactions avec le réservoir excitonique. En effet, le réservoir (comme le montre
l’émission mesurée pour E > 1585 meV) est localisée sous le spot d’excitation et produit
un potentiel répulsif schématisé par la ligne blanche en Fig. 1.11. Ce gradient de poten-
tiel induit une force qui expulse les polaritons en dehors du spot, transformant l’énergie
d’interaction des polaritons avec le réservoir en énergie cinétique. Les polaritons subissent
ainsi une propagation balistique le long du fil sur plus de 100µm.

Cette expérience illustre la possibilité de contrôler l’énergie d’un condensat de polari-
tons grâce au réservoir excitonique créé lors d’une excitation non-résonante [80].
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Figure 1.11 – Distribution spatiale de l’émission mesurée au-dessus du seuil de conden-
sation (P = 2,5Pth) (échelle de couleur logarithmique). La ligne blanche représente le po-
tentiel répulsif engendré par les interactions entre les polaritons et le réservoir excitonique.
Figure extraite de [25].

Les polaritons interagissent également entre eux via leur composante excitonique. En
mettant de côté le couplage au réservoir excitonique et à la branche haute des polaritons,
le terme d’interaction s’écrit :

Hpol−pol = 1
2
∑
k,k′,q

V pol−pol
k,k′,q p̂†k+qp̂

†
k′−qp̂kp̂k′ (1.47)

où V pol−pol
k,k′,q = V XX

0 Xk+qXk′−qXkXk′ est la constante d’interaction normalisée par la fraction
excitonique des polaritons, le plus souvent nommée g ou α1 dans la littérature.

Ainsi, nous obtenons un hamiltonien représentant un système de quasi-particules pos-
sédant un terme d’interaction à deux corps. La constante d’interaction est positive, repré-
sentant des interactions répulsives entre polaritons.

1.5.3 Description en champ moyen : équation de Gross-Pitaevskii

Pour un nombre important de particules, l’interaction non-linéaire des polaritons doit
être prise en compte pour décrire leur dynamique. Dans la plupart des situations ex-
périmentales, il est possible d’utiliser l’approximation de champ moyen et les polaritons
peuvent être décrits par un champ classique Ψ(~r,t), correspondant aux valeurs moyennes
du champ négligeant les fluctuations quantiques. Nous pouvons alors remplacer le poten-
tiel microscopique par un potentiel effectif prenant en compte l’interaction moyenne d’une
particule avec toutes les autres. Cette approximation est valide tant que nous considérons
une population macroscopique de particules dans un état quantique. La dynamique du
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système est alors décrite par l’équation de Gross-Pitaevskii (GP) [81] :

i~
∂

∂t
Ψ(~r,t) =

(
−~2∇2

2m + Vext(~r,t) + g|Ψ(~r,t)|2
)

Ψ(~r,t) (1.48)

où g est la constante d’interaction entre polaritons et Vext(~r,t) représente le potentiel
externe appliqué aux polaritons. Cette équation est très utile pour décrire les gaz de Bose
dilués et les matériaux optiques non-linéaires χ(3) [82].

D’autres termes doivent être ajoutés à cette équation pour décrire les propriétés d’un
état cohérent de polaritons excité de manière non-résonante. Ces termes additionnels sont
principalement dus à la nature dissipative des polaritons. En effet, la population de pola-
ritons est intrinsèquement hors équilibre car le système dissipe en permanence de l’énergie
par émission de photons hors de la cavité. Un état stationnaire ne peut être obtenu qu’en
étant repeuplé continuellement par une source extérieure [83].

Pour une excitation non-résonante, l’état de polariton est repeuplé par relaxation du ré-
servoir excitonique, le réservoir lui-même étant alimenté par une excitation optique. L’équa-
tion résultante est alors une équation GP modifiée, similaire à l’équation de Ginzburg-
Landau utilisée dans le domaine des systèmes non-linéaires dynamiques [84]. L’équation
de Ginzburg-Landau complexe s’écrit [83] :

i~
∂

∂t
Ψ(~r,t) =

[
−~2∇2

2m + Vext(~r,t) + g|Ψ(~r,t)|2 + i

2(R(nR(~r,t))− γp) + gRnR(~r,t)
]

Ψ(~r,t)

(1.49)
Vext(~r,t) représente le potentiel extérieur qui peut être appliqué sur les polaritons, que

nous aborderons plus en détail plus loin dans ce chapitre. Le terme −iγp représente les
pertes due au temps de vie fini des polaritons τp = 1/γp et le terme iR(nR) représente
le pompage des états de polariton, correspondant au processus de relaxation à partir du
réservoir d’excitons dont la population est exprimée par nR(~r,t). De plus, notons que dans
l’équation (1.49) le terme d’interaction répulsive gRnR(~r,t) entre polaritons et excitons du
réservoir est pris en compte, avec la constante d’interaction gR > 0. Ce terme introduit
une énergie potentielle supplémentaire. L’évolution de la population du réservoir peut être
exprimée par une équation différentielle :

∂

∂t
nR(~r,t) = P (~r,t)− γRnR(~r,t)−R(nR(~r,t))|Ψ(~r,t)|2 (1.50)

Le terme P (~r,t) décrit l’intensité et le profil spatial de la pompe optique non-résonante.
Le terme de perte −γR induit une décroissance de la population due aux désexcitations
radiatives dans des modes de fuites des miroirs de Bragg. Le processus de relaxation stimulé
joue aussi un rôle important et est représenté par le terme R(nR(~r,t))|Ψ(~r,t)|2, dans lequel
le taux de relaxation est proportionnel au recouvrement spatial entre le condensat et le
réservoir.

1.5.4 Polarisation des condensats de polaritons
Nous avons évoqué plus haut que les polaritons possèdent un degré de liberté de pseudo-

spin que nous n’avons pas pris en compte dans l’équation GP mais qui est à la source
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d’importantes propriétés des polaritons. Le terme d’interaction dépend en effet du pseudo-
spin : il est beaucoup plus important pour des polaritons de même pseudo-spin (α1) que
pour des polaritons de spin opposé (α2).

Cette propriété est liée aux processus microscopiques à l’origine de l’interaction entre
les deux excitons. Les études théoriques [77] ont montré que le processus d’interaction
exciton-exciton le plus important correspond à l’échange d’électrons ou de trous entre
deux excitons. La situation est illustrée schématiquement en Fig. 1.12.

Spins parallèles : 

Spins opposés : 

Interactions polariton-polariton : 
• Spins parallèles α1 

• Spins opposés α2 
α1 >> |α2| 
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Figure 1.12 – Représentation schématique du mécanisme principal contribuant au pro-
cessus d’interaction exciton-exciton : l’échange d’un électron et d’un trou. Ce mécanisme
induit un terme non-linéaire dans l’équation de Gross-Pitaevskii étant plus important pour
des excitons de même spins (α1) par rapport aux excitons de spins opposés (α2).

L’interaction de deux excitons de spins parallèles met en jeu un état virtuel avec deux
excitons de moment cinétique total J=1, ce qui constitue un processus résonant. En re-
vanche, l’interaction de deux excitons de spins opposés met en jeu un état virtuel avec deux
excitons de moment cinétique total J=2 dont l’énergie est plus élevée (de typiquement ΩR/2
puisque ces excitons ne sont pas couplés aux photons), ce qui en fait un processus non-
résonant et donc beaucoup moins favorable. Cela se traduit par une forte disparité dans la
constante d’interaction entre polaritons de même spins α1 et de spins opposés α2, de sorte
que |α1| � |α2|. Dans nos expériences, nous supposons en général α2 négligeable et nous
considérons seulement la constante d’interaction α1. L’équation de Gros-Pitaevskii pour
une composante de spin s’écrit sous la forme :

i~
∂

∂t
Ψ↑(~r,t) =

[
−~2∇2

2m + Vext(~r,t) + α1|Ψ↑(~r,t)|2 + α2|Ψ↓(~r,t)|2 + i

2(R(nR(~r,t))− γp) + gRnR(~r,t)
]

Ψ↑(~r,t)

(1.51)
La non-linéarité dépendante du spin a mené par exemple à la réalisation de commuta-

teurs optiques [80], d’anneaux de spin [85, 86] et de la multistabilité en polarisation [87].
Nous avons vu plus haut que les interactions entre polaritons de spins opposés sont en

général très faibles, mais il a été montré récemment qu’il est possible de les moduler en
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exploitant la résonance avec un état de biexciton, appelée résonance de Feshbach [88]. Ces
interactions mettent alors en jeu un état virtuel biexcitonique et il est alors possible de
modifier la force ainsi que le signe des interactions en changeant l’énergie des polaritons le
long de la résonance biexcitonique.

1.6 Fluide de polaritons sous excitation résonante
Il est aussi possible d’exciter sélectivement les polaritons grâce à une excitation réso-

nante. Nous utilisons dans ce cas un laser d’excitation dont l’énergie est proche de celle de
la branche de polariton et dont l’angle entre le faisceau et la cavité est contrôlé.

Une revue de la littérature sur l’étude des fluides quantiques de lumière est décrite
dans l’article de revue de I. Carusotto et C. Ciuti [81]. L’absence de pompage du réservoir
excitonique dans cette configuration modifie l’équation décrivant notre système, qui prend
alors la forme :

i~
∂

∂t
Ψ(~r,t) =

[
−~2∇2

2m + Vext(~r,t) + g|Ψ(~r,t)|2 − i

2γp
]

Ψ(~r,t) + FP (~r,t) (1.52)

Le pompage du système consiste en un faisceau incident externe représenté par le terme
complexe FP (~r,t), qui détermine l’énergie, l’angle et la phase du rayonnement, ainsi que
son profil spatial et temporel. Le polariton créé conserve les propriétés du photon injecté.
Cette configuration d’excitation permet ainsi de contrôler l’énergie, le vecteur d’onde, la
phase, le pseudo-spin et le profil spatial d’un flux de polaritons en ajustant les propriétés
du faisceau d’excitation.

La création de flux de polaritons en mouvement a permis l’étude des propriétés hy-
drodynamiques non-linéaires des polaritons [81]. Les interactions d’un fluide de polaritons
avec un défaut ont mis en évidence la superfluidité [31] [Fig. 1.13(a)] et l’apparition de
défauts topologiques comme les vortex entiers [32, 33] [Fig. 1.13(c)] et demi-entier [89]
[Fig. 1.13(d)] ou les solitons sombres [34, 35] [Fig. 1.13(b)].

La non-linéarité des fluides de polaritons est aussi à l’origine de leur comportement
bistable [90] et multistable en polarisation [87]. Nous mesurons dans le chapitre 4 la bista-
bilité dans nos échantillons et cette étude nous permet d’estimer la valeur de la constante
d’interaction exciton-exciton. Nous trouvons gexc = 36± 5µeV.µm2.

38



10 µm 

(a) (b) (c) 

(d) 
𝜎+ 𝜎− 

Figure 1.13 – Fluides quantiques de polaritons : quelques expériences.
Observation expérimentale de : (a) la superfluidité [31], (b) solitons sombres [34], (c) vortex
hydrodynamiques entiers [32], (d) vortex demi-entiers [89].

1.7 Structures de basse dimensionnalité
Dans les sections précédentes, nous avons présenté les polaritons de microcavité et

exposé leurs propriétés. Nous décrivons dans cette section un nouveau degré de liberté dans
la plate-forme des polaritons : la possibilité de les manipuler en introduisant un potentiel
de confinement latéral. Nous allons en particulier exploiter le terme Vext introduit dans
l’équation (1.48) afin de réaliser une ingénierie des états de polaritons et faire apparaître de
nouveaux effets. L’implémentation d’un potentiel de confinement latéral peut être réalisée
en agissant respectivement sur la composante excitonique ou photonique des polaritons.
De nombreuses techniques ont été développées suivant l’une ou l’autre stratégie.

1.7.1 Potentiel de confinement excitonique
Nous montrons sur la Fig. 1.14 plusieurs techniques utilisées pour créer un potentiel

agissant sur la composante excitonique des polaritons :

Confinement mécanique
L’énergie de l’exciton est sensible aux contraintes du matériau est il est donc possible
d’obtenir un potentiel externe Vext en appliquant un champ de contrainte mécanique sur
une microcavité planaire. L’utilisation d’ondes de surface acoustique permet de modifier
périodiquement la contrainte mécanique du matériau ainsi que l’épaisseur et l’indice de
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Figure 1.14 – Techniques expérimentales pour créer un potentiel de confinement sur la
composante excitonique des polaritons : (a) ondes de surface acoustiques [91], (b) confine-
ment induit optiquement [80], (c) pression mécanique [10]. Figure extraite de [133].

réfraction de la cavité. Cette technique agit donc simultanément sur la partie excitonique
et photonique des polaritons. Elle permet de réaliser des potentiels périodiques 1D avec
un seul train d’onde ou 0D avec 2 trains orthogonaux d’ondes de surface. La première
réalisation expérimentale a été démontré par le groupe de P. Santos qui a put observer la
condensation de polaritons dans des réseaux acoustiques 1D [91] ou 0D [92] [Fig. 1.14(a)].
Il est aussi possible d’appliquer une pression mécanique sur une microcavité en appliquant
une pointe sur le substrat de l’échantillon (face arrière). Cette pression diminue localement
l’énergie des excitons et le groupe de D. Snoke a pu montrer la réalisation d’un piège de
potentiel pour les polaritons [10] [Fig. 1.14(c)].

Confinement induit optiquement
Le confinement induit optiquement consiste à utiliser une excitation optique afin de peupler
un réservoir d’exciton de plus haute énergie que la résonance des polaritons. L’interaction
répulsive avec le réservoir excitonique [25, 79] induit un potentiel d’énergie positif local
sous le laser du pompe. Cette technique est très versatile et a été utilisé par de nombreux
groupes [25, 33, 79, 80, 93]. Une des premières réalisations de cette technique a été effectuée
par le groupe de A. Bramati, montrant la création d’un potentiel diffusant un flux de
polaritons incident [80] [Fig. 1.14(b)].

1.7.2 Potentiel de confinement photonique
Dans la Fig. 1.15, nous montrons plusieurs techniques utilisées pour créer un potentiel

agissant sur la composante photonique des polaritons :

Dépôt métalliques
Cette technique, développée dans le groupe de Y. Yamamoto, consiste à changer localement
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la constante diélectrique de la cavité par déposition d’une fine couche métallique façonnée
suivant un motif sur l’échantillon. Des potentiels périodiques 1D et 2D peuvent être obte-
nus [94–96]. Le développement de la cohérence spontanée dans un réseau de polaritons a
par exemple été observé [94] [Fig. 1.15(a)].

Gravure avant croissance du second miroir (mesa)
Cette technique a été développée par le groupe de B. Deveaud. Elle consiste à diminuer
localement l’épaisseur de la couche de cavité par gravure, avant la croissance du second mi-
roir, ce qui crée une augmentation de l’énergie du mode de cavité. Des structures appelées
mesas ont ainsi été réalisées [97–99], confinant les polaritons dans toutes les dimensions
(0D). Cela a par exemple permis de mesurer optiquement les modes polaritoniques quan-
tifiés dans un mesa et leur contrôle optique [100] [Fig. 1.15(b)].

(a) (b) (c)

(d) (e)

Figure 1.15 – Techniques expérimentales pour créer un potentiel de confinement sur
la composante photonique des polaritons : (a) dépôt métallique [94], (b) gravure avant
croissance du second miroir (mesa) [100], (c) gravure après croissance [101], (d) cavité
hybride avec cristaux photoniques [102] ou (e) fibre optique [103]. Figure extraite de [133].

Cavités hybrides
Une cavité hybride est une cavité semiconductrice pour laquelle le miroir du haut n’est
pas de même type que le miroir du bas. Il est par exemple constitué d’un cristal photo-
nique [102] ou d’une fibre optique [103] [Fig. 1.15(e)], qui permettent de confiner la lumière
sur une surface de l’ordre du micron. Cette technique a par exemple permis l’observation
de condensats de polaritons de grande cohérence spatiale et temporelle [102] [Fig. 1.15(d)].
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Gravure après croissance
Cette technique consiste en une gravure profonde (jusqu’au substrat) de la structure à
microcavité après la croissance. Le confinement de la partie photonique des polaritons est
ainsi assuré par le contraste d’indice optique important entre le matériaux semiconducteur
de la structure (ncav ∼ 3.5) et l’air (nair ∼ 1). Les échantillons étudiés par notre équipe sont
obtenus par cette technique, implémentée simultanément par les groupes de J. Bloch et al.
et de M. Bayer et al. [101, 104–106] et plus récemment par le groupe de S. Höfling [107].
En réalisant une chaîne de cavités couplés de taille micrométrique, M. Bayer a par exemple
montré une modification de la structure de bande des polaritons [101] [Fig. 1.15(c)].

La fabrication de nos échantillons commence par la croissance d’une microcavité pla-
naire en GaAs par épitaxie par jets moléculaires. Les motifs sont réalisés par lithographie
électronique sur une couche de résine photosensible, puis une gravure ICP (Inductively
Coupled Plasma) permet la gravure verticale de la cavité jusqu’au substrat.

Nous fabriquons par cette technique des structures possédant un fort confinement la-
téral, imposant peu de restrictions sur la forme des structures. La dimension latérale doit
rester au dessus du micron afin d’éviter de trop importantes recombinaisons non radiatives
sur les flancs de la structure gravée, qui peuvent dégrader fortement les propriétés optiques
du système. Des structures aux motifs 0D, 1D ou 2D peuvent être réalisées avec versatilité
et précision dans le choix des motifs. Pour illustrer les possibilités de cette technique, nous
montrons en Fig. 1.17 des échantillons de cavité gravés sous la forme de fils photoniques
réalisés par notre équipe.

1.7.3 Polaritons 1D
La largeur latérale Lx des fils est de typiquement quelques microns alors que leur

extension longitudinale Ly peut atteindre des centaines de microns. La composante kx du
vecteur d’onde des polaritons est alors quantifiée à cause du confinement latéral du mode
photonique tandis qu’un mouvement libre le long de la direction y est préservé. Nous
obtenons kx = pxπ/Lx, où px est un nombre entier, et l’énergie des modes optiques est
donnée par :

Ec(k�) =

√√√√E2
c0 +

(
~c
ncav

)2 [(
pxπ

Lx

)2
+ k2

y

]
(1.53)

Le confinement des excitons n’est pas affecté par la gravure car la dimension latérale
est beaucoup plus importante que leur rayon de Bohr a∗B.

Le confinement latéral du photon conduit à la formation de sous-bandes 1D de polari-
tons. La Fig. 1.16 révèle directement ces sous-bandes dans l’émission résolue en angle d’un
fil de 3µm de large. De plus, à cause du confinement latéral, une séparation en énergie se
développe entre le mode photonique de polarisation linéaire parallèle au fil (TE, le long
de y) et le mode photonique de polarisation linéaire perpendiculaire au fil (TM, le long de
x). Chaque sous-bande d’indice px est dédoublée en deux bandes polarisées respectivement
TE et TM.

Dans cette figure, nous notons aussi une autre différence avec l’émission d’une cavité
planaire. Nous observons une large émission venant des excitons du réservoir. Cette émis-
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Figure 1.16 – Émission en champ lointain d’un microfil de 3µm de large (échelle de
couleur logarithmique). La branche basse des polaritons subit de multiples dédoublements
dus au confinement photonique (px = 1,2,3) et à la polarisation (TM,TE).

sion provient de l’émission d’excitons dans le plan réfractée sur les parois et redirigée vers
une incidence normale. Cette émission donne une indication de l’énergie de la résonance
excitonique. La largeur de raie importante de cette émission n’est pas encore claire mais
est probablement due aux relaxations de contraintes près des bords de la structure.

(a) (b) 

(c) (d) (e) 

Figure 1.17 – Exemples de structures 1D réalisées au LPN : (a) microfils simples [25],
(b) interféromètre de Mach-Zender [28], (c) diode tunnel résonante [29], (d) fils périodiques
modulés [26], (e) fils quasi-périodiques [27, 108].

Dans les fils photoniques, la manipulation optique et la propagation cohérente de
condensats de polaritons sur des distances de 100µm ont été démontrées [25] [Fig. 1.17(a)].
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Cette démonstration a ouvert la voie à la réalisation de structures plus complexes,
dans le but de réaliser des dispositifs dans lesquels les polaritons peuvent se propager sur
de grandes distances d’une manière cohérente, tout en ayant un contrôle optique sur leur
propagation. C’est dans ce cadre qu’ont été réalisés un interféromètre de Mach-Zender
pour polaritons [28] [Fig. 1.17(b)] et une diode tunnel résonante [29] [Fig. 1.17(c)]. Ces
expériences ont été parmi les premières réalisations de dispositifs à polaritons et vont dans
le sens de nombreuses propositions théoriques proposant d’utiliser la plateforme polarito-
nique pour développer de nouveaux dispositifs non-linéaires [109–112]. Nous montrerons
notamment dans les chapitres 3 et 4 la démonstration de plusieurs dispositifs exploitant la
non-linéarité des polaritons dans des fils photoniques.

D’autres effets peuvent être obtenus en modulant la largeur du fil. Un exemple est
montré sur la Fig. 1.17(d), où le fil est modulé périodiquement pour modifier la structure
de bande et obtenir la formation de bandes interdites. La taille de ces sous-bandes et des
bandes interdites est déterminée par les dimensions géométriques du fil. En régime non-
linéaire, la formation de solitons de gap dans la bande interdite a été observée [26]. Ces
fils photoniques ont aussi été modulés de façon quasi-périodique selon une séquence de
Fibonacci [Fig. 1.17(e)], mettant en évidence les caractéristiques d’un spectre d’énergie
fractal [27], ainsi que la formation d’états de bords dépendant des propriétés topologiques
de la structure [108].

1.7.4 Polaritons 0D
La microcavité peut aussi être gravée en micropiliers 0D avec une dimension latérale

typique de quelques microns. Les micropiliers offrent un fort confinement 3D du mode
optique. Le confinement est obtenu dans la direction de croissance par les miroirs de Bragg
et dans la direction latérale par la différence d’indice de réfraction entre le semiconducteur
et l’air. Le confinement 3D du mode optique aboutit à une discrétisation complète des
états de polaritons, les deux composantes du vecteur d’onde dans le plan kx et ky étant
quantifiées.

Pour un micropilier de forme carrée, l’annulation des fonctions d’onde au bord de la
structure conduit à : kx = pxπ/Lx , ky = pyπ/Ly, où px et py sont des nombres entiers et
Lx et Ly sont les dimensions latérales dans les directions x et y. La taille du micropilier
doit cependant être suffisamment importante (& 2,5µm) pour pouvoir négliger l’onde
évanescente du photon à l’extérieur du pilier. Dans ce cas, l’énergie des modes peut s’écrire
explicitement :

Ec =

√√√√√E2
c0 +

(
~c
ncav

)2
(pxπ

Lx

)2
+
(
pyπ

Ly

)2
 (1.54)

Le spectre d’énergie expérimental d’un pilier de dimension latérale de 3,6µm est montré
sur la Fig. 1.18, avec le profil d’intensité des modes dans l’espace réciproque, correspondant
aux trois premiers niveaux d’énergie. La Fig. 1.19 montre l’émission résolue en angle et
en énergie pour trois tailles différentes de pilier. Lorsque la taille du pilier diminue, le
confinement augmente, ainsi que la séparation entre les niveaux d’énergie.

La condensation des polaritons dans un micropilier a été démontrée expérimentale-
ment [11], ainsi que la transition du régime de couplage fort à couplage faible avec l’aug-
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(a) (b) 

(c) 

Figure 1.18 – (a) Représentation schématique d’un pilier carré. (b) Spectre d’énergie
expérimental d’un pilier de dimension latérale de 3,6µm. (c) Profil d’intensité des modes
en espace réciproque, correspondant aux trois premiers niveaux d’énergie. Haut : données
expérimentales. Bas : simulations numériques (extraites de [113]).
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Figure 1.19 – Énergie en fonction de l’angle de micropiliers cylindriques pour trois
diamètres différents : 10µm, 5µm et 2,8µm.

mentation de la puissance d’excitation. De plus, il a été observé que les effets des interac-
tions avec le réservoir excitonique affectent fortement la distribution spatiale des conden-
sats [20]. Nous étudierons la statistique et la polarisation de l’émission d’un micropilier dans
le chapitre 2 et nous utiliserons des micropiliers comme résonateur 0D dans la plupart des
dispositifs présentés dans les chapitres 3 et 4.

Chaque micropilier peut être considéré comme l’analogue d’un atome unique et il est
possible, de la même façon que pour de vrais atomes, de coupler plusieurs micropilliers.
Ces systèmes sont le plus souvent décrits par le modèle des liaisons fortes et la force du
couplage entre proches voisins est donnée par le coefficient J, dépendant de la distance
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entre les piliers. Le système le plus simple est une molécule constituée de deux piliers
couplés. L’étude de la condensation des polaritons dans un tel système a mis en évidence
l’apparition d’états moléculaires [75]. Ces molécules ont également permis d’observer des
oscillations Josephson non-linéaire et un auto-piégeage des polaritons [21]. Récemment,
un comportement tristable a été observé dans un tel système [22]. Des structures plus
complexes telles que la molécule de benzène ont été étudiées, montrant que le couplage
spin-orbite a un effet important sur la polarisation du condensat de polaritons [114].

Il est aussi possible de construire des réseaux 1D ou 2D. La réalisation d’expériences
dans des réseaux 1D frustrés a ainsi permis d’observer la condensation des polaritons dans
une bande plate [108]. Des réseaux 2D en forme de nid d’abeilles permettent de visualiser
directement les cônes de Dirac [115] et ouvrent la voie à l’étude des états de bord [116] et
à la réalisation d’isolants topologiques photoniques [117, 118].
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Première partie

Cohérence du second ordre et
polarisation
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Chapitre 2

Statistique et dynamique de la
polarisation des condensats de
polaritons

2.1 Introduction
Les sources de lumière cohérente sont caractérisées par une grande cohérence de phase et

des fluctuations d’intensité limitées par le bruit quantique [119]. Leur découverte a permis
de nombreuses avancées scientifiques et technologiques et ces sources sont aujourd’hui
couramment employées dans la recherche et l’industrie. Dans un laser, cette cohérence est
expliquée par l’émission stimulée de photons requérant une inversion de population dans
un milieu amplificateur, ce qui implique un seuil limite d’énergie d’excitation (optique ou
électrique) pour que l’effet laser se déclenche.

Les polaritons en microcavités semiconductrices sont quant à eux capables de s’accu-
muler spontanément dans le même état quantique à partir d’un certain seuil de densité
d’excitation, ce qui conduit au phénomène de laser à polaritons [8, 10, 12, 71, 120] sans
inversion de la population. Comme pour les lasers à photons conventionnels [121, 122],
l’apparition du laser à polaritons s’accompagne d’une brisure spontanée de la symétrie
U(1) conduisant à une émission ayant une forte cohérence temporelle et spatiale [8, 9] et
des fluctuations d’intensité réduites [74].

De plus, les polaritons possèdent un spin interne ayant deux projections possibles le
long de l’axe de croissance de la microstructure, qui correspondent à des photons avec
une polarisation circulaire gauche ou droite s’échappant de la cavité. En présence d’une
symétrie cylindrique dans le plan, le paramètre d’ordre du laser à polaritons est un vecteur
et la brisure spontanée de symétrie se traduit par la mise en place d’une phase globale φ
et d’une phase relative θ : |ψ〉 = eiφ × (|ψL〉 + eiθ|ψR〉), où ψL (ψR) correspond à l’état
polaritons polarisés circulaire gauche (droit).

Dans ce travail, nous allons d’abord chercher à mesurer précisément la statistique
d’émission de notre laser à polaritons pour mieux comprendre ses différences ou ses si-
militudes avec les lasers à photons conventionnels. Nous nous attacherons à comprendre
quel est le rôle de la dimensionnalité du système en étudiant une cavité planaire 2D et un
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micropilier 0D de 3µm de diamètre. Nous entreprendrons ensuite l’étude de la polarisation
initiale lors de l’établissement de l’effet laser ainsi que sa dynamique temporelle au cours
de l’émission. Pour réaliser cette étude, nous avons mis en place une expérience capable
de mesurer des impulsions uniques avec une résolution temporelle de l’ordre de la picose-
conde. Cette technique nous permet de mesurer de manière résolue en temps la cohérence
du second ordre de l’émission du laser à polaritons et nous donne accès à la dynamique
temporelle de la polarisation, ce qui n’avait jamais été observée expérimentalement.

2.1.1 Théorie de la cohérence du second ordre
La mise en place d’une phase globale pour le laser à polaritons est liée au haut degré de

cohérence temporelle du premier et du second ordre du système. Les fluctuations de phase
au cours de l’émission sont étudiées en mesurant la fonction de corrélation du premier
ordre g(1)(τ) et les fluctuations temporelles d’intensité peuvent être étudiées en mesurant
la fonction de corrélation du second ordre g(2)(t,τ). Cette quantité g(2)(t,τ) décrit la pro-
babilité d’émettre un photon au temps t + τ à la condition qu’un photon ait été émis au
temps t. La description quantique de cette fonction a été introduite par Glauber [119] et
s’écrit :

g(2)(t,τ) = 〈â†(t)â†(t+ τ)â(t+ τ)â(t)〉
〈â†(t)â(t)〉〈â†(t+ τ)â(t+ τ)〉 , (2.1)

où â†(t) (â(t)) est l’opérateur création (annihilation) des photons émis par la cavité au
temps t et les crochets indiquent une moyenne statistique.

La fonction de corrélation du second ordre g(2)(t,τ) peut être mesurée en comptant le
nombre moyen de coïncidences entre deux photons détectés aux temps t et t+ τ , normalisé
par le nombre moyen de photons détectés aux temps t et t + τ . La moyenne est effec-
tuée sur un grand nombre de réalisations indépendantes et la fonction g(2)(t,τ) mesure la
distribution statistique de l’émission de photons en fonction du temps, ce qui équivaut à
la mesure des fluctuations temporelles d’intensité dans le cadre de la physique classique.
Trois exemples typiques de statistiques sont montrées sur la Fig. 2.1 : une source ther-
mique [Fig. 2.1(a)], une source cohérente [Fig. 2.1(b)] et une source de photons uniques
[Fig. 2.1(c)]. Les lampes à incandescence sont par exemple des sources thermiques très
communes. Elles consistent à l’émission de photons par un large nombre d’émetteurs non
corrélés (atomes du filament). Une source thermique est caractérisée par de larges fluctua-
tions d’intensité et par l’émission de photons en paquets. Ce phénomène est schématisé sur
la Fig. 2.1(a) et l’étendue temporelle de ces "paquets" est donnée par le temps de cohérence
de l’émission τc. Pour une telle statistique, la fonction g(2)(τ) est une gaussienne avec un
maximum à g(2)(τ = 0) = 2 et qui décroit vers 1 avec une rapidité donnée par le temps
de cohérence du système τc. Pour une source cohérente comme un laser à photons conven-
tionnel, l’émission des photons est aléatoire au cours du temps [Fig. 2.1(b)] et suit une
statistique poissonnienne. Dans ce cas, g(2)(τ) = 1 pour toute valeur de τ et la probabilité
d’émettre un second photon est indépendante de l’émission préalable d’un premier photon.
Enfin, dans le cas particulier d’une source de photons uniques, la probabilité d’émission de
deux photons successifs est faible pour un intervalle de temps court, dépendant du temps
de cohérence τc [Fig. 2.1(c)]. La valeur de g(2)(τ = 0) tend dans ce cas vers 0 pour une
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source parfaite de photons uniques et croit vers 1 avec un temps caractéristique donné par
τc.
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Figure 2.1 – (a-c) Schéma des évènements correspondant à la statistique de trois exemples
typiques de source de photons : source thermique (a), source cohérente (b), source de
photons uniques (c). La fonction d’autocorrélation correspondante g(2)(τ) est montrée.
Figure extraite de [123].

Ces exemples montrent une propriété importante de la fonction de corrélation du se-
cond ordre. Lorsque g(2)(t,τ) = 1, la probabilité de détecter deux photons séparés d’un
temps τ est égale à celle d’un évènement aléatoire et les détections de chaque photon
sont décorrélées. Cette probabilité augmente si g(2)(t,τ) > 1 et diminue si g(2)(t,τ) < 1.
Nous utiliserons cette propriété par la suite pour mesurer les variations de la probabilité
d’émission de notre système.

2.1.2 Phase globale : cohérence
La fonction d’autocorrélation g(2)(τ = 0) pour les polaritons de microcavité a été étu-

diée théoriquement [38–40, 124] et expérimentalement [40, 72, 74, 102, 125–130] en fonction
de la puissance d’excitation, autour des seuils de laser à polaritons et de laser à photons.
Dans un premier temps, plusieurs travaux théoriques [38–40] ont prédit qu’au-dessus du
seuil de laser à polaritons, les interactions polariton-polariton pourraient introduire des
fluctuations d’intensité et réduire la cohérence du système, conduisant à une augmentation
de g(2)(τ = 0) au-dessus de 1 au-delà du seuil de laser à polaritons. Ces résultats théo-
riques sont obtenus en décrivant le condensat par une équation maîtresse couplée à des
états excités décrits par une équation de Boltzmann. Ce couplage [Fig. 2.2(a)] serait donc
à l’origine de l’augmentation des fluctuations et marquerait la différence entre les lasers à
polaritons et les lasers à photons conventionnels.

D’autres travaux théoriques réalisés par M. Wouters et V. Savona [124], utilisant l’ap-
proximation deWigner tronquée et des simulations Monte Carlo, ont montré que la fonction
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(c)(b)(a)

Figure 2.2 – (a) Schéma des transitions impliquées dans le processus de dispersion des
polaritons. Figure extraite de [39]. (b) Calcul théorique de la fonction de corrélation du
second ordre normalisée g(2)(τ = 0) en fonction de la puissance d’excitation (ligne noire)
pour une microcavité planaire. Les points correspondent à g(2)(τ = 0) en l’absence d’in-
teractions polariton-polariton. La ligne grise verticale indique la position du seuil. Figure
extraite de [39]. (c) Calcul théorique de la fonction de corrélation du second ordre norma-
lisée g(2)(τ = 0) pour une microcavité planaire en fonction de la densité de polaritons n
et des paramètres α et Rout. α décrit la rétroaction des polaritons sur le réservoir et Rout

décrit le taux d’échappement des polaritons. Figure extraite de [124].

g(2)(τ = 0) reste monotone et égale à 1 après le seuil en conservant des paramètres réalistes
[Fig. 2.2(c)]. Ils ont pu en effet reproduire qualitativement le comportement rapporté dans
l’étude théorique de la référence [39] [Fig. 2.2(c), courbe verte] en considérant un décalage
vers le bleu de 1 meV causé uniquement par les interactions entre polaritons. Cette valeur
de l’énergie d’interaction est bien trop élevée par rapport aux observations expérimen-
tales [20] et donc peu réaliste. Pour des valeurs plus basses de l’énergie d’interaction (en
dessous de 0,2 meV), la fonction g(2)(τ = 0) passe de 1,5 à 1 après le seuil et reste égale
à 1 pour une puissance d’excitation plus importante. Ces calculs prédisent donc qu’il n’y
aurait dans ce cas pas de différence de fluctuations d’intensité entre un laser à polaritons
et un laser à photons.

Les travaux expérimentaux réalisés dans les groupes de Y. Yamamoto [40, 74] et de
L. Dang [72, 125] pour mesurer g(2)(τ = 0) dans des microcavités planaires ont rapporté
des résultats contradictoires. g(2)(τ = 0) a été mesuré plus grand que 1 dans chaque
groupe juste au-dessus du seuil, ce qui ne permet pas d’établir la cohérence de l’émission.
Ces mesures ont été obtenues par une expérience classique de Hanbury Brown-Twiss [131]
consistant en un séparateur de faisceau 50/50 et deux photodiodes à avalanches permettant
de détecter des photons uniques et dont la résolution temporelle est au mieux de 50 ps.
Les travaux expérimentaux des groupes de Y. Yamamoto et de L. Dang ont donc tous
soufferts du problème suivant : le temps de résolution des détecteurs utilisés (au mieux
50 ps) était plus important que le temps de vie des polaritons (quelques ps). En effet,
le temps de déclin de g(2)(τ) à partir de sa valeur à τ = 0 est donné par le temps de
cohérence du système. Bien que le temps de cohérence puisse être très important au-dessus
du seuil, il est de l’ordre du temps de vie des polaritons près du seuil et donc trop faible
pour la résolution de ces détecteurs. Par conséquent cette expérience ne permet pas de
mesurer directement la valeur de g(2)(τ = 0) à proximité du seuil. Elle est donc extrapolée
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à partir d’une déconvolution entre le temps de déclin de g(2)(τ) et le temps de résolution
des détecteurs, ce qui conduit à une grande incertitude sur la mesure de g(2)(τ = 0).

(d)

Figure 2.3 – (a)-(c) Dépendance en puissance de (a) l’intensité intégrée, (b) l’énergie et
(c) la largeur de raie de l’émission de la microcavité planaire GaAlAs/AlAs (facteur de
qualité Q ∼ 1800). (d) Fonction de corrélation du second ordre g(2)(τ = 0) en fonction de
la puissance d’excitation. Les lignes verticales représentent les deux seuils et la ligne bleue
(resp. rouge) indique l’état thermique (resp. cohérent). Figures extraites des travaux du
groupe de M. Bayer [129].

Pour résoudre ce problème, une nouvelle technique a été mise au point dans le groupe
de M. Bayer [126], permettant de reconstruire la fonction g(2)(t,τ) avec une résolution
temporelle de quelques picosecondes en utilisant une caméra streak en mode impulsions
uniques (single shot) [126–129]. Cette technique a permis de mesurer directement la fonc-
tion g(2)(t,τ) ainsi que d’accéder à la dynamique de la statistique d’émission d’un laser à
polariton évoluant dans le temps. Son utilisation a permis à J. Tempel et al. [129] d’étudier
la statistique d’émission d’une microcavité GaAlAs/AlAs contenant 12 puits quantiques
et ayant un facteur de qualité de 1800. En variant la puissance d’excitation le long des
deux seuils observés sur la structure [Fig 2.3(a)], ils ont montré une augmentation de la
fonction g(2)(τ = 0) au dessus de 1 après le premier seuil [Fig 2.3(b)], en accord avec les ré-
sultats théoriques de P. Schwendimann et A. Quattropani [39]. Cependant, le premier seuil
pourrait ne pas correspondre au déclenchement du laser à polaritons car le groupe de M.
Bayer [129] observe un saut en énergie qui est considéré comme caractéristique du passage
du couplage fort au couplage faible [11]. Ce phénomène est courant pour une cavité III-V à
faible facteur de qualité (inférieur à 104). Le premier seuil traduirait ainsi le déclenchement
d’un laser à photons et il est possible que cette augmentation des fluctuations soit liée par
exemple à la présence de plusieurs modes laser en compétition dans le système.

Les expériences les plus récentes réalisées avec une résolution temporelle comparable au
temps de vie des polaritons dans les groupes de B. Deveaud [130] et H. Deng [102] semblent
plutôt montrer l’absence de différence entre le laser à polaritons et le laser à photons, en
accord avec les résultats théoriques de M. Wouters [124].
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sans sélection spatiale

avec sélection spatiale

(b)
(a)

Figure 2.4 – (a) Fonction de corrélation du second ordre g(2)(τ) avec (points rouges) et
sans (points bleus) sélection spatiale. Figure extraite de [130]. (b) Fonction de corrélation
du second ordre g(2)(τ = 0) directement mesurée pour une excitation impulsionnelle (cercles
bleus) et continue (carrés rouges) en fonction de la puissance. Les lasers à polaritons et à
photons coexistent dans la zone grisée. Figure extraite de [102].

Le groupe de B. Deveaud [130] a étudié une cavité planaire en matériaux II-VI CdTe
qui montre un couplage fort exciton-photon malgré un facteur de qualité comparable à
l’échantillon de J. Tempel et al. [129]. Ils ont mesuré la fonction g(2)(τ = 0) ' 1 au
dessus du seuil de laser à polaritons, lorsqu’une sélection spatiale de 9µm de diamètre est
réalisée au centre du condensat [Fig. 2.4(a), courbe rouge]. L’absence de sélection spatiale
se traduit par une augmentation globale de g(2)(τ). Cela montre que l’émission d’un laser
à polaritons n’est cohérente que localement sur une surface déterminée par la dimension
des modes spatiaux de la cavité qui sont d’autant plus petits que le facteur de qualité de la
cavité est faible. Pour une surface d’émission trop étendue, plusieurs modes du condensat
émettent avec une phase différente et la phase globale est perdue. Une façon de contourner
ce problème est d’étudier un système confiné, ce qu’a réalisé le groupe de H. Deng [102] dans
une cavité semiconductrice hybride à grand facteur de qualité. L’observation d’une émission
cohérente (g(2)(0) = 1 ± 0,001) au dessus du seuil jusque 6Pth semble donc confirmer
l’absence d’augmentation des fluctuations due aux interactions polariton-polariton.

Dans notre travail, nous allons étudier la différence induite par le confinement dans la
statistique d’émission de nos systèmes, en comparant l’émission d’une cavité planaire et
d’un micropilier de 3µm gravé à partir de cette même cavité. En mesurant directement la
fonction d’autocorrélations g(2)(t,τ), nous allons pouvoir mieux quantifier et déterminer le
rôle des interactions polariton-polariton dans la statistique d’émission.

2.2 Méthode expérimentale : mesure des fluctuations
d’intensité

2.2.1 Montage expérimental
Les expériences sont réalisées à 5K dans un cryostat à doigt froid en utilisant un laser

Titane-Sapphire délivrant des impulsions de 3 ps avec un taux de répétition de 82 MHz.
L’énergie du laser est choisie 100 meV au dessus du mode de polaritons de plus basse éner-
gie pour une excitation non résonante. Un objectif de microscope d’ouverture numérique
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NA=0,65 est utilisé pour focaliser le laser sur une surface de 2µm de diamètre et pour
collecter l’émission. La photoluminescence de l’échantillon est résolue en temps à l’aide
d’une caméra streak opérant en mode "single shot". Pour des mesures résolues en énergie,
l’intensité émise est dispersée dans un monochromateur avant d’atteindre la caméra streak,
ce qui réduit la résolution temporelle à 8 ps. Pour les mesures de corrélation d’intensité,
nous utilisons à la place un filtre passe haut à large bande à 750 nm, ce qui empêche
l’excitation laser à 735 nm d’atteindre le détecteur. Dans ce cas, la résolution temporelle
atteint 4 ps.

2.2.2 Description de la cavité
Notre échantillon est une microcavité en GaAs/GaAlAs de facteur de qualitéQ = 72000,

décrit plus en détail en annexe. Douze puits quantiques en GaAs sont insérés aux ventres
du champ électromagnétique. Le couplage fort exciton-photon est caractérisé par un dé-
doublement de Rabi de 15 meV. Nous réalisons des expériences sur une cavité planaire et
sur un micropilier gravé de 3µm de diamètre.

2.2.3 Mesures d’impulsions uniques avec une caméra Streak
Pour réaliser les mesures de corrélations, la caméra streak fonctionne en mode "single

shot", selon le schéma représenté sur la Fig. 2.5(a). L’émission des polaritons est d’abord
focalisée sur la photocathode où les photons sont convertis en électrons. Ces électrons sont
ensuite accélérés puis déviés par deux couples d’électrodes à balayage. Un balayage rapide
est appliqué dans la direction verticale, synchronisé avec le laser de pompe avec un taux de
répétition de 82 MHz. La tension verticale dévie le signal de façon à séparer spatialement
les photons qui arrivent à différents instants sur la photocathode. Dans notre cas, un ba-
layage horizontal additionnel est appliqué, beaucoup plus lent que le premier, permettant
de séparer spatialement des impulsions successives [Fig. 2.5(b)]. Après avoir été déviés, les
électrons sont multipliés par une galette de microcanaux qui améliore le signal en intro-
duisant du gain, puis ils sont reconvertis en photons par un écran à phosphore. Le signal
de phosphorescence est capturé par une caméra CCD dont l’acquisition est synchronisée
avec le balayage horizontal pour un taux de répétition de 150 Hz. Ce taux de répétition
est limité par la rémanence de l’écran à phosphore dont l’émission possède un temps de
vie de 7 ms.

La caméra streak possède enfin deux modes de fonctionnement : le mode synchros-
can [Fig. 2.5(b)], qui permet d’accumuler le signal d’environ 109 impulsions pour obtenir
un bon rapport signal sur bruit, et le mode "single shot" [Fig. 2.5(c)] pour lequel chaque
image correspond à une seule impulsion. Dans ce second mode d’opération, chaque point
correspond à un unique photon détecté et nous sommes capables de reconstruire la fonc-
tion g(2)(t,τ) en analysant la statistique d’arrivée dans chaque impulsion sur un ensemble
d’environ 105 impulsions. Dans le mode comptage de photon, la caméra streak possède un
algorithme pour enregistrer en temps réel les coordonnées de chaque photon détecté, basé
sur la définition d’un seuil d’intensité discriminant le bruit blanc du signal.

Suivant la technique proposée par le groupe de M. Bayer [126] (originellement démon-
trée par M. Ueda et al. [132]), V. Sala a implémenté pendant sa thèse dans notre groupe
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Figure 2.5 – (a) Schéma du principe de fonctionnement de la caméra streak. (b)-(c)
Emission mesurée en fonction de temps dans le mode synchroscan (b) et dans le mode
"single shot" (c) de la caméra streak.

un script permettant de reconstruire la fonction g(2)(t,τ) à partir des données brutes de la
caméra streak. Ce script est particulièrement délicat à réaliser car chaque erreur dans le
comptage des photons ou dans la normalisation de la fonction peut induire de larges dévia-
tions dans la statistique mesurée et de nombreux tests ont été nécessaires pour s’assurer de
la validité de notre analyse. Nous devons en particulier prendre en compte la taille effective
des photons sur le détecteur de la caméra streak et au fait que l’arrivée de deux photons
sur le même pixel donne le même signal que l’arrivée d’un seul photon (cf. référence [127]).
Ce problème peut être résolu de plusieurs façons et nous avons choisi d’appliquer une zone
morte après la détection de chaque photon, ce qui consiste à ignorer tout second photon dé-
tecté après l’arrivée d’un premier photon pendant un temps déterminé par les paramètres
de l’expérience. Cela implique que malgré une résolution temporelle de la caméra streak est
de 4 ps, le plus court délai mesurable entre deux photons est dans notre cas de 10 ps. Une
analyse plus exhaustive des différents problèmes rencontrés sont discutés en détail dans
la thèse de V. Sala [133] et nous avons cherché à constamment améliorer la pertinence de
l’analyse en optimisant le moyennage de nos mesures et le choix de la zone morte. Nous
n’entrerons pas ici dans les détails techniques du script et nous n’abordons que le principe
de fonctionnement de ce script.

Les données brutes de la caméra streak nous donnent les coordonnées de tous les pho-
tons détectés pour chaque image. Chaque image est ensuite divisée spatialement pour
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compter séparément les photons dans une impulsion unique [Fig. 2.5(b)]. Le délai τ entre
chaque photon d’une impulsion unique et leur temps d’arrivée t sont mesurés [Fig. 2.5(c)].
Une expérience comprend typiquement 105 impulsions et nous mesurons le nombre total
de photons détectés à t et à t + τ en considérant la somme de toutes les impulsions. En
comptant les coïncidences entre l’arrivée d’un premier photon à t et d’un second photon à
t + τ et en divisant par le nombre moyen de photons mesurés aux temps t et t + τ , nous
reconstituons la fonction de corrélation du second ordre normalisée g(2)(t,τ).

L’inconvénient de cette technique est sa faible efficacité, ce qui limite sérieusement
l’exploration de la statistique d’émission sous le seuil de laser à polaritons, où l’émission est
beaucoup moins intense, mais n’est pas un problème pour mesurer l’émission des polaritons
au dessus du seuil. Cette expérience nous permet donc de mesurer la statistique d’émission
de nos échantillons avec une résolution temporelle d’environ 4 ps pour une large gamme de
puissance d’excitation.

2.3 Cohérence du second ordre des condensats de po-
laritons

2.3.1 Caractérisation de la cavité planaire
Dans un premier temps, nous caractérisons les différents régimes d’émission de la cavité

planaire. Grâce au monochromateur couplé à la caméra streak, nous mesurons la photo-
luminescence de l’échantillon résolue en énergie et en temps en fonction de la puissance
d’excitation. Chaque image correspond à l’accumulation d’environ 109 traces. L’excitation
non résonante forme un spot de 15µm de diamètre et l’impulsion est appliquée à t = 0 ps.
Sous le seuil du laser à polaritons (P = 0,05Pth) [Fig. 2.6(a)], l’émission est lente avec
un temps de déclin exponentiel de 600 ps et possède une grande largeur de raie (1,3 meV).
Au delà du seuil (P > Pth) [Fig. 2.6(b-d)], l’émission devient de plus en plus rapide et la
largeur de raie diminue (0,3 meV au seuil). De plus, l’énergie de l’émission est décalée vers
le bleu à cause des interactions répulsives entre les polaritons et les excitons du réservoir.
L’impulsion laser non résonante peuple le réservoir excitonique qui relaxe ensuite dans les
états de polaritons de plus faible énergie. Le temps de vie du réservoir étant de quelques
centaines de picosecondes, sa population décroît au cours du temps et le décalage vers le
bleu de l’émission induit par le réservoir diminue au cours du temps.

L’intensité et l’énergie au pic de l’émission sont reportées Fig. 2.7(a) et l’intensité de
l’émission est tracée en fonction du temps en échelle logarithmique [Fig. 2.7(b)]. Nous
observons un premier seuil Pth = 1 mW au delà duquel l’intensité augmente fortement et
la dynamique s’accélère, ce qui est caractéristique de la relaxation stimulée des polaritons et
marque le déclenchement du laser à polaritons. Nous remarquons que l’énergie de l’émission
augmente continûment au passage du premier seuil de laser à polaritons, contrairement à
l’échantillon du groupe de M. Bayer [129] [Fig. 2.3(a)]. Un second seuil apparaît à plus haute
puissance ( Pth′ = 6,5 mW ), pour lequel nous observons une émission encore plus rapide
à haute énergie. Le système subit alors une transition de Mott, les excitons disparaissent
à cause de l’écrantage de Coulomb et laissent place à un plasma de paires électron-trou.
Il n’est plus en couplage fort et son émission en régime de couplage faible est semblable à
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celle d’un laser à photons conventionnel [11, 51, 52, 134].
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Figure 2.7 – (a) Intensité (carrés noirs) et énergie au pic de l’émission des polaritons
(cercles rouges) en fonction de la puissance d’excitation. Les lignes verticales pointillées
représentent les deux seuils Pth = 1 mW et Pth′ = 6,5 mW. (b) Émission des polaritons en
fonction du temps pour une puissance d’excitation croissante. (c) Degré de polarisation
linéaire verticale-horizontale en fonction du temps, moyenné sur 5 × 109 impulsions pour
une puissance d’excitation croissante. L’excitation est réalisée à t = −150 ps (courbes noire,
rouge, bleue) et à t = −100 ps (courbe verte).

Le degré de polarisation de l’émission dans l’axe vertical/horizontal ρV H = IV −IH

IV +IH
est

reporté en Fig. 2.7(c), où IV (IH) est l’intensité de l’émission dans la polarisation verticale
(horizontale), correspondante aux axes cristallins de notre échantillon. Le degré de polari-
sation est nul sous le seuil pour toute la durée de l’émission. Au dessus du seuil, l’émission
devient polarisée verticalement, atteignant jusqu’à ρV H = 0,63, et la dynamique du degré
de polarisation s’accélère en suivant la dynamique de l’émission. Dans ces expériences,
obtenues par l’accumulation d’environ 109 réalisations, la polarisation de l’émission paraît
fixée le long de la direction verticale, indiquant la levée de dégénérescence des états de
polarisation induite par des contraintes le long de l’axe cristallin de l’échantillon, comme
montré par le groupe de B. Deveaud [8] (référence détaillée en section 2.4).
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2.3.2 Caractérisation du micropilier
Nous caractérisons ensuite les différents régimes laser et leur dynamique dans le micro-

pilier de 3µm de diamètre [Fig. 2.8(a)].
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Figure 2.8 – (a) Image au microscope électronique à balayage (MEB) du pilier mesuré.
(b) Spectre de photoluminescence du micropilier à P = 0,1Pth.

Le spectre intégré en temps mesuré à faible puissance est rapporté Fig. 2.8(b), indiquant
la présence de deux modes de polaritons confinés latéralement. La largeur de raie mesurée
du mode de plus basse énergie S1 est 100µeV, ce qui est plus élevé que la largeur de
raie attendue d’après le facteur de qualité de la cavité (∼ 22µeV). Cet élargissement est
attribué aux fluctuations spectrales induites par des fluctuations de l’environnement de
charges dans le puit quantique [135] lorsque l’excitation est non résonante.

La photoluminescence de l’échantillon résolue en énergie et en temps est montrée sur la
Fig. 2.9 en fonction de la puissance d’excitation. Chaque image correspond à l’accumulation
d’environ 109 réalisations. Sous le seuil [Fig. 2.9(a)], une partie de l’émission provient
des états excités du micropilier et sa dynamique est très lente. Au dessus du premier
seuil [Fig. 2.9(b-d)], l’émission est complètement dominée par S1, sa dynamique accélère
fortement et son énergie est décalée vers le bleu à temps court, de manière similaire au
comportement dans la cavité planaire.

La dynamique de l’émission des polaritons pour une puissance d’excitation croissante
est montrée sur la Fig. 2.10(b), extraite à partir des données de la Fig. 2.9. Au dessus
de la puissance de seuil Pth = 16µW, l’émission est totalement dominée par S1, une
augmentation brusque de l’intensité est observée [Fig. 2.10(c)] et la dynamique s’accélère
[Fig. 2.10(b)]. Ce comportement est la signature d’une relaxation stimulée des polaritons
dans S1 et de l’amorce du laser à polaritons. Un second seuil apparaît à Pth′ = 0,8 mW =
50Pth, caractérisé par une émission rapide à temps court et à haute énergie [Fig. 2.10(b,c)],
correspondant au laser à photons conventionnel lorsque le système atteint le régime de
couplage faible [11, 51, 52, 134].

Le degré de polarisation de l’émission du micropilier selon l’axe vertical/horizontal
ρV H = IV −IH

IV +IH
est montré en fonction du temps sur la Fig. 2.10(d). Sous le seuil, le degré de
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Figure 2.9 – (a-d) Intensité normalisée de l’émission en fonction du temps et de l’énergie
dans le micropilier pour une puissance d’excitation croissante.

polarisation est négligeable. Au dessus de Pth, l’émission du laser à polaritons est polarisée
verticalement, atteignant jusqu’à ρV H = 0,9, alors que les degrés de polarisation diagonale
et circulaire sont proches de zéro sur toute la plage de puissance considérée.

Dans ces expériences, obtenues par l’accumulation de plusieurs millions de réalisations,
la polarisation de l’émission paraît fixée le long de la direction verticale, identique à celle
de la cavité planaire et parallèle à l’un des axes cristallins du substrat de GaAs. Cela
confirme la levée de dégénérescence des états de polarisation principalement induite par
des contraintes le long de l’axe cristallin de l’échantillon [8]. Comme l’émission sous le seuil
n’est pas polarisée, la séparation entre les états de polarisation doit être plus faible que la
largeur de raie apparente du mode de polariton dans le régime linéaire [Fig. 2.8(b)].

Le comportement de la cavité planaire et du micropilier sont donc similaires. Ils pos-
sèdent deux seuils, correspondant respectivement à l’amorce du laser à polaritons et du
laser à photons conventionnel, et leur polarisation moyenne est fixée par l’axe cristallin de
l’échantillon.

2.3.3 Dynamique de la cohérence du second ordre
La corrélation du second ordre à délai nul g(2)(τ = 0) est une caractéristique importante

de l’émission laser. Pour un laser monomode conventionnel, nous attendons une transition
monotone d’une valeur de 2 (émission thermique) à 1 (émission cohérente poissonnienne)
au passage du seuil laser. Cette transition a été étudiée expérimentalement dans les lasers
à microcavité en régime de couplage faible [127, 136] et fort [102, 130].

Dans notre expérience, sous le seuil, l’émission thermique vient de deux modes de
polarisation indépendants et la valeur de g(2)(τ = 0) attendue est 1,5 au lieu de 2 si aucune
polarisation n’est sélectionnée dans le détecteur [123]. Pour les expériences de corrélation
de photons, le temps d’arrivée de chaque photon est mesuré dans le but de construire la
fonction de corrélation du second ordre :

g
(2)
total(t,τ) = 〈â†(t)â†(t+ τ)â(t+ τ)â(t)〉

〈â†(t)â(t)〉〈â†(t+ τ)â(t+ τ)〉 , (2.2)

où â†(t) (â(t)) est l’opérateur création (annihilation) des photons émis par la cavité au
temps t et les crochets représentent une moyenne statistique. L’indice "total" indique que
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Figure 2.10 – (a) Intensité (carrés noirs) et énergie au pic de l’émission des polaritons
(losanges bleus) et de l’émission du laser à photons (cercles rouges) en fonction de la
puissance d’excitation. Les lignes verticales pointillées représentent les deux seuils Pth =
16µW et Pth′ = 0,8 mW. (b) Émission des polaritons (S1) en fonction du temps pour une
puissance d’excitation croissante. (c) Degré de polarisation linéaire verticale-horizontale
en fonction du temps moyenné sur 5 × 109 impulsions pour les puissances d’excitation
montrées en (b).

nous considérons tous les photons émis sans sélection en polarisation. Cette fonction re-
présente la probabilité conditionnelle de l’émission d’un photon à temps t+ τ sachant que
l’émission d’un photon à temps t s’est produite. La figure 2.11(a) montre g(2)(tmax,τ) à
P = 5Pth, c’est à dire la fonction de corrélation quand le premier photon arrive au temps
tmax du maximum de l’émission et le second photon au temps tmax+τ . Les corrélations sont
mesurées autour de tmax pour maximiser le rapport signal sur bruit de l’expérience. Les
mesures résolues spectralement montrent que l’émission est dominée par l’état de polariton
S1. Alors que la résolution temporelle de la caméra streak est de 4 ps, le plus court délai
mesurable entre deux photons est de 10 ps. Ceci est dû à la taille effective des photons sur
le détecteur de la caméra streak et au fait que l’arrivée de deux photons sur le même pixel
donne le même signal que l’arrivée d’un seul photon (cf. suppléments de la référence [127]).
Dans la suite, nous nous référons à cette valeur de g(2) limitée par la résolution au plus
court délai τ comme g(2)(τ = 0).

La figure 2.11 résume les mesures d’autocorrélation réalisées sur la cavité planaire et sur
le micropilier. La figure 2.11(a) concerne le micropilier et montre une valeur de g(2)

total(tmax,τ)
de 1,02 et un déclin jusque 1,00 à plus long délai τ , avec un temps de déclin de 40 ps.

Pour la cavité planaire [Fig. 2.11(b)], la valeur de g(2)
total(tmax,0τ) est de 1,04 et décline
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vers 1, avec un temps de déclin de 50 ps.
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Figure 2.11 – (a-b) Fonction de corrélation du second ordre de l’émission totale des pola-
ritons à tmax en fonction du délai τ [g(2)

total(tmax,τ)] mesurée à P = 5Pth dans le micropilier
(a) et à P = 1,5Pth dans la cavité planaire (b). (c-d) Fonction d’autocorrélation à délai nul
g

(2)
total(t,0) (points) en fonction du temps après l’arrivée du pulse d’excitation à P = 5Pth
dans le micropilier (c) et à P = 1,5Pth dans la cavité planaire (d). La ligne solide montre
l’intensité émise en fonction du temps pour chaque système.

En sélectionnant la valeur de g(2)
total au plus court délai τ , notre technique nous permet

de suivre la valeur de g(2)
total(t,0) en fonction du temps t après l’arrivée de l’impulsion d’exci-

tation. Cette mesure est effectuée dans le micropilier sur la Fig. 2.11(c) pour une puissance
d’excitation P = 5Pth. Dès que le laser à polaritons est déclenché, autour de t = 25 ps,
g

(2)
total(t,0) décroît depuis 1,3 jusque 1,0 comme attendu pour une source cohérente. Il reste
proche de 1 tout au long de l’émission. À temps long, quand l’intensité émise devient faible
et l’effet laser cesse, nous attendons une augmentation de g(2)

total(t,0) associée à une perte de
cohérence [136]. Cependant, le faible nombre de photons mesurés à des délais longs nous
empêche d’étudier cette situation.

Le comportement de g(2)
total(t,0) est légèrement différent dans la cavité planaire. Sa valeur

est plus élevée à l’initialisation de l’émission (1,07) et ne décroît pas entièrement jusqu’à 1
au cours de l’émission. Cela peut être attribué au déclin non instantané de g(2)(τ = 0) vers
1 en fonction du nombre de polaritons calculé par M. Wouters [Fig. 2.2(c)], ce qui traduit
un régime intermédiaire entre l’émission chaotique et cohérente où g(2)(τ = 0) n’est pas
parfaitement égal à 1.

2.3.4 Cohérence du second ordre en fonction de la densité d’ex-
citation

La dépendance en puissance de la cohérence du second ordre g(2)
total(tmax,0) est résumée

en Fig. 2.12. Pour réduire la barre d’erreur, nous traçons la valeur mesurée de g(2)
total(t,0)

moyennée sur le temps d’émission entre t = tmax−20 ps et t = tmax+20 ps. Pour le micro-
pilier, l’intensité émise sous le premier seuil Pth est trop faible pour mesurer sa statistique
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avec notre dispositif expérimental. Nous observons qu’après Pth, g(2)
total(tmax,0) décroît de-

puis 1,06 jusque 1,0 et reste proche de 1,0 au dessus de Pth. Un comportement similaire
est observé pour la cavité planaire au dessus du seuil [Fig. 2.12(b), en utilisant un spot
d’excitation de 15µm de diamètre]. Le spot d’excitation étant beaucoup plus large, l’inten-
sité émise sous le seuil est suffisante pour mesurer la statistique et nous observons comme
attendu une décroissance continue de g(2)

total(tmax,0) depuis 1,32. À 2,5Pth, g(2)
total(tmax,0) est

égal à 1,01, ce qui est similaire à la valeur mesurée dans le micropilier et à celle publiée pour
une cavité de polaritons zéro dimensionnelle et monomode [102]. Contrairement aux pré-
cédentes études dans des cavités planaires avec un facteur de qualité plus faible [40, 129],
nous n’observons pas d’augmentation du bruit d’intensité lorsque la densité d’excitation
augmente : g(2)

total(tmax,0) reste proche de 1 au dessus de Pth, même lorsque la densité d’ex-
citation augmente au dessus du seuil pour le laser à photons dans le régime de couplage
faible (Pth′).

Ces observations sont en accord avec les calculs basés sur un algorithme de Monte
Carlo quantique incluant des interactions polariton-polariton faibles [124]. Elles sont aussi
compatibles avec les derniers résultats expérimentaux des groupes de B. Deveaud [130]
et H. Deng [102] et montrent le rôle négligeable des interactions dans les fluctuations
d’intensité.

63



2.4 Dynamique de la polarisation des condensats de
polaritons

2.4.1 Phase relative : polarisation

L’apparition d’une phase relative entre les deux polarisations circulaires pour un laser
à polaritons définit la polarisation de l’émission. Ce type d’ordre de pseudospin spontané
émerge, par exemple, dans les condensats de Bose-Einstein atomiques avec plusieurs ni-
veaux dégénérés hyperfins et des interactions ferromagnétiques, résultant en la formation
de domaines spatiaux polarisés [137]. Dans le cas de polaritons, les interactions sont le plus
souvent antiferromagnétiques, c’est à dire que les interactions entre particules de même spin
sont répulsives et plus fortes qu’entre particules de spin opposés [87, 88, 138]. L’état de
plus basse énergie est donc un état polarisé linéairement et il a ainsi été suggéré par I.
Shelykh et al. [139] qu’un laser à polaritons devrait avoir nécessairement une polarisation
linéaire. Le laser à polaritons est dans ce cas considéré en équilibre thermodynamique, ce
qui n’est généralement pas le cas : la dynamique de pompe-dissipation peut déclencher un
effet laser dans des états excités [140]. De plus, les interactions polariton-polariton sont
faibles au seuil laser (l’énergie d’interaction est plus faible que la largeur de raie), ce qui
limite leur influence sur le choix de polarisation. En accord avec ces deux arguments, l’état
hors-équilibre et les faibles interactions, les travaux de D. Read et al. [141] montrent qu’à
proximité du seuil laser, la polarisation initiale devrait être complètement aléatoire. Elle
peut prendre n’importe quelle valeur dans la sphère de Poincarré avec une probabilité égale,
y compris les polarisations circulaires et elliptiques [Fig. 2.14(a)]. Le même phénomène est
attendu pour un laser à photons dans une diode laser à cavité verticale émettant par la
surface (VCSEL).

Malgré le rôle clé de l’initialisation de la polarisation et de son évolution dans la phy-
sique de la brisure de symétrie dans les microcavités, la question de la dynamique de
polarisation dans le déclenchement du laser à polaritons n’a pas encore été explorée. En
effet, la résolution temporelle requise est de seulement quelques picosecondes, de l’ordre
du temps de cohérence des polaritons, et il faut être capable de mesurer la polarisation
initiale d’impulsions uniques pour chaque réalisation expérimentale. Des expériences sous
excitation continue ont montrées un laser à polaritons dont la polarisation est fixée sur un
axe cristallin ou sur des inhomogénéités spatiales locales, dans des microcavités en maté-
riaux II-VI [8, 142, 143] et III-V [144]. En particulier, l’une des premières démonstrations
d’un condensat de polaritons [8] a mis en évidence une forte polarisation linéaire dont la
direction est fixée par l’axe cristallin de l’échantillon [Fig. 2.13]. En revanche, cette situa-
tion évolue en une bifurcation classique vers des états polarisés circulairement lorsqu’une
forte excitation est appliquée et que la séparation spatiale du réservoir d’excitons et des
polaritons rend les interactions polariton-polariton dominantes [145].

Dans un régime d’excitation impulsionnelle, les expériences réalisées jusqu’à présent par
J.J. Baumberg et al. [147] et H. Ohadi et al. [146] ont été analysées en intégrant l’émission
sur la durée totale de l’impulsion, ce qui ne permet pas de mesurer la polarisation initiale
ni la dynamique temporelle. Les résultats de Ohadi et al. [146] montrent que l’émission
moyennée sur toutes les impulsions n’est pas polarisée quelque soit la puissance d’excitation
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Figure 2.13 – (a) Intensité de l’émission en fonction de l’angle de polarisation mesuré
sous le seuil (losanges bleus) et au dessus du seuil (cercles verts). Intensité de l’émission
au dessus du seuil en fonction de la polarisation du laser d’excitation (losanges ouverts).
(b)-(e) Émission des polaritons résolue en énergie et en vecteur d’onde pour la polarisation
horizontale (b,d) et verticale (c,e) en dessous (b,c) et au dessus (d,e) du seuil. Figure
extraite de [8].

Impulsion unique

Moyenné

(a) (b)

Figure 2.14 – (a)-(b) Calcul théorique de la distribution de la polarisation pour une
puissance d’excitation de P = Pth (a) et P = 1,5Pth (b). Sx, Sy et Sz correspondent aux
axes horizontale/verticale, diagonale/antidiagonal et circulaire respectivement. Figure ex-
traite de [141]. (c)-(d) Mesure expérimentale de la moyenne (c) et de la variance (d) de
l’intensité mesurée simultanément pour chaque polarisation [linéaire (carrés verts), diago-
nale(triangles rouges), circulaire(cercles bleus). Figure extraite de [146].

[Fig. 2.14(c)]. En revanche, chaque impulsion observée séparément est polarisée linéaire-
ment dans une direction aléatoire [Fig. 2.14(d)]. Ce comportement est expliqué par Read
et al. dans le cas d’interactions faibles [Fig. 2.14(b)] en considérant phénoménologiquement
un temps de relaxation du paramètre d’ordre plus court que le temps de vie du condensat,
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ce qui correspond à atteindre l’équilibre thermodynamique. Nous avons cependant vu que
les polaritons sont un système hors équilibre et bien que ce terme additionnel ne nous
paraît pas justifié, nous ne savons pas expliquer le faible degré de polarisation circulaire.
Nos résultats ont mis en évidence la direction stochastique de la polarisation initiale d’un
laser à polaritons mais la physique de la brisure de symétrie vectorielle dans les lasers à
polaritons manque de résultats expérimentaux avec une résolution temporelle de l’ordre
de la picoseconde.

2.4.2 Configuration à deux faisceaux : mesure simultanée des
corrélations

Notre expérience dans la mesure de la statistique de l’émission des polaritons avec une
résolution temporelle de l’ordre de la picoseconde [section 2.2.3] est mise à profit pour
mesurer la polarisation en mode "single shot" avec une résolution temporelle d’environ
4 ps.

Le nombre de photons détectés par la caméra streak pour chaque réalisation expéri-
mentale est de l’ordre de 1 par impulsion laser. L’intensité de l’émission est donc trop
faible pour nous permettre de mesurer directement la dynamique de l’émission provo-
quée par chaque impulsion laser. Pour étudier l’évolution dans le temps de la polarisation
de l’émission des polaritons, nous devons mesurer la fonction d’autocorrélation g

(2)
XX(t,τ)

pour chaque direction de la polarisation. Pour une mesure plus fiable de la statistique de
l’émission polarisée, nous avons amélioré la technique implémentée pendant la thèse de
V. Sala dans le but de mesurer les corrélations croisées g(2)

XY (t,τ) entre deux polarisations
orthogonales.

V H

Single shot

t 
(p

s
)
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Figure 2.15 – (a) Schéma du setup expérimental et images prises avec la caméra streak
en intégrant 5× 109 impulsions. (b) Émission mesurée en fonction de temps dans le mode
"single shot" de la caméra streak et en fonction des paramètres de Stokes. (c) Schéma de
la sphère de Poincaré.

L’émission est maintenant sélectionnée en polarisation le long des six axes de Stokes de
la polarisation [Fig. 2.15(c)] grâce à l’utilisation de lames d’onde λ/4 et λ/2 avec un cube
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séparateur polarisant. Les photons émis sont séparés dans deux faisceaux de polarisations
orthogonales, imagés simultanément sur deux positions de la fente à l’entrée de la caméra
streak [Fig. 2.15(a)]. Cette séparation spatiale nous permet de reconstruire simultanément
la fonction d’autocorrélation de chaque polarisation en comptant les photons séparés d’un
temps τ appartenant à la même trace et les corrélations croisées en comptant les photons
séparés d’un temps τ ′ appartenant à deux traces adjacentes liées à la même impulsion
[Fig. 2.15(b)]. L’intensité totale émise en fonction du temps peut aussi être retrouvée en
additionnant le signal des deux polarisations orthogonales.

Nous avons donc besoin d’effectuer trois mesures dans chacune des trois bases de pola-
risation pour effectuer une caractérisation complète de la statistique de l’émission polari-
sée, comprenant l’autocorrélation de chaque polarisation et les corrélations croisées entre
chaque polarisation orthogonale.

Ce dispositif expérimental en impulsions uniques nous permet d’étudier la polarisation
initiale du laser à polaritons et sa dynamique dans le temps. Pour cela, nous divisons
l’émission en deux faisceaux de polarisations orthogonales qui sont séparés spatialement sur
la caméra streak, comme évoqué précédemment [Fig. 2.15(b)]. La détection conditionnelle
d’un photon dans la polarisation Y à t+ τ sachant qu’un précédent photon de polarisation
opposée X a été détecté à t permet de reconstruire la fonction de corrélations croisées
suivante :

g
(2)
XY (t,τ) = 〈â†X(t)â†Y (t+ τ)âY (t+ τ)âX(t)〉

〈â†X(t)âX(t)〉〈â†Y (t+ τ)âY (t+ τ)〉
, (2.3)

où X et Y représentent la polarisation de détection horizontale (H) et verticale (V), ou
diagonale (D) et antidiagonal (A), ou encore circulaire gauche (L) et circulaire droit (D).

2.4.3 Initialisation de la polarisation
La fonction d’auto-corrélation à délai nul g(2)

XX(t,0) est déterminée par la probabilité
du système d’amorcer l’effet laser dans une polarisation donnée X. Dans le cas d’une
distribution de probabilité initiale totalement aléatoire, une valeur de g(2)

XX(t,0) = 1,33 est
attendue pour chaque polarisation. En revanche si l’émission est polarisée linéairement (et
jamais circulairement) comme suggéré dans la référence [139], on attend g

(2)
XX(t,0) = 1,5

pour toute polarisation linéaire et g(2)
XX(t,0) = 1 pour une polarisation circulaire.

Pour tester ces deux hypothèses, regardons les mesures effectuées sur le micropilier. Les
valeurs de g(2)

XX(tmax,0) mesurées pour le micropilier de 3µm à P = 5Pth sont montrées dans
la Fig. 2.16 (barres pleines) pour chaque axe de polarisation. Tout d’abord, g(2)

LL/RR(tmax,0)
est plus grand que 1 dans la polarisation circulaire, ce qui montre que la distribution de
polarisation n’est pas exclusivement linéaire et que le système a une probabilité non nulle
d’amorcer l’effet laser avec une polarisation circulaire. Ensuite, la forte disparité entre les
polarisations horizontale et verticale montre qu’une polarisation initiale verticale est plus
probable, ce qui confirme une levée de dégénérescence de la polarisation le long de l’axe
cristallin de l’échantillon.

Les valeurs de g(2)
XX(tmax,0) sont qualitativement reproduites dans la Fig. 2.16 (barres

rayées) par la loi de probabilité décrite ci-dessous.
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Figure 2.16 – Valeurs expérimentales (barres pleines) et théoriques (barres hachurées)
de la fonction d’autocorrélation à τ = 0 dans les polarisations du micropilier horizontale-
verticale (rouge), diagonale-antidiagonale (bleu) et circulaire (vert) à P = 5Pth (issues de
l’enregistrement de 250000 impulsions). Les valeurs théoriques sont obtenues en ajustant
un unique paramètre ∆ = 1,4. Les barres d’erreur sont montrées au-dessus de chaque
barre.

Nous utilisons une description statistique de la polarisation initiale dans la sphère de
Poincaré [Fig. 2.15(c)]. Les états propres du système sont caractérisés par la séparation en
énergie des états polarisés le long de l’axe vertical (|V 〉)/horizontal (|H〉). Un état de laser
à polaritons peut être écrit de manière générale :

|ψ〉 = A

[
cos

(
θ(t)

2

)
|V 〉+ expiφ(t) sin

(
θ(t)

2

)
|H〉

]
(2.4)

où θ(t) et φ(t) sont, respectivement, les angles polaire et azimutal de la sphère de Poincaré
[Fig. 2.15(c)], et A est une constante de normalisation. φ = 0 correspond à une polarisation
linéaire le long de l’axe déterminé par θ. Quand nous sélectionnons la polarisation dans
nos mesures, la fonction d’onde est projetée sur l’état de la polarisation de détection :
|Det〉 = cos(α2 )|V 〉 + expiβ sin(α2 )|H〉 ; paramétré par α et β, qui prennent en compte la
position des lames d’onde λ/2 and λ/4. En particulier, la polarisation sélectionnée est
linéaire si β = 0 et circulaire si β = ±π/2. L’intensité mesurée par le détecteur est alors :
I(α,β,θ,φ) = |〈Det|ψ〉|2, et la fonction d’auto-corrélation mesurée est donnée par :

g(2)(t,τ) = 〈I[α,β,θ(t+ τ),φ(t+ τ)]I[α,β,θ(t),φ(t)]〉
〈I[α,β,θ(t+ τ),φ(t+ τ)]〉〈I[α,β,θ(t),φ(t)]〉 (2.5)

On peut reproduire les résultats expérimentaux pour la polarisation initiale du laser à
polaritons montrés en Fig. 2.16 grâce à la distribution de probabilité normalisée suivante :

pinit(θ) = sin θ
4π sinh ∆

∆
× exp(∆ cos(θ)). (2.6)

Cette distribution est choisie de façon arbitraire et favorise la formation du laser à pola-
ritons dans la polarisation verticale plutôt que horizontale pour des valeurs de ∆ > 0 et
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elle suppose une probabilité égale pour les composantes D, A, L ou R de la polarisation
initiale. ∆ caractérise la force du biais favorisant la polarisation verticale.

À partir de cette distribution de probabilité, nous pouvons calculer l’intensité initiale
le long de l’axe du détecteur donné par α et β :

〈Iinit[α,β]〉 =
∫ π

0
dθ
∫ π

0
dφ pinit(θ)I(α,β,θ,φ) (2.7)

Nous obtenons de la même façon le numérateur de l’équation (2.5), ce qui nous donne
une expression analytique pour la valeur de la fonction d’auto-corrélation mesurée à délai
nul :

g(2)(τ = 0,α,β) = (∆2 + 3) cos(2α)− 4∆ cos(α) + ∆ coth(∆)[4∆ cos(α)− 3 cos(2α)− 1] + 3∆2 + 1
2∆2

(
− cos(α)

∆ + cos(α) coth(∆) + 1
)2

(2.8)

La fonction d’auto-corrélation à délai nul [Eq. (2.8)] dépend de α (le choix de la po-
larisation détectée) et de ∆. Dans l’expérience montrée en Fig. 2.16, nous ne mesurons
pas g(2)(τ = 0) à t = 0 mais à tmax, quelques dizaines de picosecondes après l’établisse-
ment de l’effet laser. Nous avons vérifié que nos résultats expérimentaux ne changent pas
sensiblement pour t < tmax. Les valeurs mesurées de g(2)(tmax,τ = 0) pour tous les axes
de polarisation sont qualitativement reproduites avec un unique paramètre d’ajustement
∆ = 1.4, comme montré dans la Fig. 2.16. Cette valeur de ∆ nous donnent une probabi-
lité 4,5 fois plus importante pour l’état initial d’avoir une polarisation verticale V (état
initial contenu dans l’hémisphère supérieur de la sphère de Poincaré, Fig. 2.15(c)) plutôt
que horizontale H (état initial contenu dans l’hémisphère inférieur de la sphère de Poin-
caré). En revanche, les chances d’obtenir les polarisations D, A, L ou R sont identiques.
Notons que la plus faible probabilité d’amorcer l’effet laser dans la polarisation H aboutit
à une augmentation de g(2)

HH(tmax,0) par rapport à g(2)
V V (tmax,0). Les plus faibles valeurs de

g(2)(tmax,0) pour D et A dans l’expérience suggèrent que les probabilités respectives de D
et A doivent être plus élevées que celles de L et R.

Ces résultats montrent que malgré la présence d’une séparation intrinsèque des états
polarisés qui favorise l’effet laser le long d’un des états propres de la polarisation (V dans
notre cas), la polarisation initiale de l’émission présente un caractère stochastique et peut
avoir lieu dans tout état de polarisation. Cela prouve que notre système est hors équilibre
et que l’effet laser se déclenche plus rapidement que le temps nécessaire pour atteindre un
équilibre thermodynamique, qui entraînerait alors une émission toujours polarisée V . Ce
temps est de l’ordre de ~/∆V H , où ∆V H est la séparation d’énergie intrinsèque entre les
états de polarisation V et H. Nous montrerons dans la suite que des résultats similaires
sont obtenus dans la microcavité planaire.

2.4.4 Dynamique de la polarisation
La dynamique de la polarisation après chaque initialisation du laser à polaritons peut

être étudiée en suivant g(2)
XY (tmax,τ) en fonction de τ . Les figures 2.17(a)-2.17(c) montrent

l’auto-corrélation mesurée des photons émis par le micropilier à P = 5Pth pour diffé-
rentes polarisations, ainsi que l’auto-corrélation sans sélection en polarisation (losanges
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noirs). Les figures 2.17(d)-2.17(f) décrivent la fonction d’auto-corrélation pour les pola-
risations verticale, diagonale et circulaire gauche [points rouges, données identiques aux
Fig. 2.17(a)-2.17(c)] et la fonction de corrélation croisée g(2)

XY (tmax,τ) entre deux polarisa-
tions orthogonales XY (carrés bleus).
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Figure 2.17 – (a-c) Fonctions d’autocorrélation g
(2)
XX(tmax,τ) résolues en polarisation et

mesurées pour le micropilier à P = 5Pth. Les losanges noirs représentent la fonction d’au-
tocorrélation pour tous les photons émis (sans sélection en polarisation). (d-f) Autocorré-
lations g(2)

XX(tmax,τ) (cercles rouges pleins, les données sont identiques à (a)-(c) pour les
polarisations V, D et L) et corrélations croisées g(2)

XY (tmax,τ) (carrés bleus vides). (g-i)
Simulations Monte Carlo correspondantes.

Considérons d’abord la situation où le premier photon détecté est de polarisation verti-
cale V . Alors que l’auto-corrélation est constante et égale à 1 pour l’émission totale (points
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noirs) [Fig. 2.17(a)], g(2)
V V (tmax,τ) décroît de façon monotone de 1,12 à 1,00 [Fig. 2.17(d)].

Cette direction étant parallèle à la polarisation des états propres du système, elle est
préservée pendant la durée de l’émission lorsque la polarisation initiale est verticale. Le
déclin de g(2)

V V (tmax,τ) depuis sa valeur initiale à 1 vient de la décohérence entre les deux
composantes circulaires (décohérence de spin) induite par les interactions avec le réservoir
excitonique [145]. De façon symétrique par rapport à la ligne g(2)

XX(tmax,τ) = 1, la fonction
de corrélations croisées g(2)

V H(tmax,τ) croît de 0,70 à 1,00 [Fig. 2.17(d)].

Si la polarisation du premier photon détecté est diagonale [Fig. 2.17(e)], des oscillations
de g(2)

DD(tmax,τ) et g(2)
DA(tmax,τ) sont observées. Une polarisation initiale diagonale est une

superposition cohérente de deux états propres de la polarisation (verticale-horizontale). Au
cours de son évolution dans le temps, la différence de fréquence entre les deux états conduit
à une différence de phase qui est mise en évidence par la précession de la polarisation autour
de l’axe VH dans la sphère de Poincaré : la polarisation diagonale devient circulaire, puis
antidiagonale, circulaire, diagonale... Cette précession se manifeste par des oscillations de
la probabilité de mesurer un second photon de polarisation diagonale [Fig. 2.17(e), cercles
rouges pleins]. Ces oscillations sont anti-corrélées avec celles observées lorsque le premier
photon est diagonal et le second photon antidiagonal [Fig. 2.17(e), carrés bleus vides].

Une précession analogue devrait aussi avoir lieu pour la polarisation circulaire. Cepen-
dant, les Fig. 2.17(c), (f) montrent que même si g(2)

LL(tmax,τ) oscille, la fonction de corrélation
reste au dessus de 1. Cela signifie que si l’effet laser est amorcé dans la polarisation circu-
laire gauche, il reste globalement polarisé circulaire gauche (il n’y a pas d’oscillations entre
les polarisations L et R). Cet effet peut être compris en prenant en compte l’anisotropie
de spin des interactions polariton-polariton, qui sont bien plus fortes entre polaritons de
même spin qu’entre polaritons de spin opposé [88, 138]. Une polarisation circulaire initiale
du laser à polaritons signifie que la population de spin est déséquilibrée en faveur de spin
haut (L) ou bas (R). L’énergie d’interaction des polaritons augmente donc avec le degré
de polarisation circulaire et écrante partiellement la séparation intrinsèque des états de
polarisation linéaire. Les nouveaux états de polarisation dans ce régime non-linéaire pré-
sentent un degré de polarisation circulaire fini. La précession de la polarisation a donc lieu
autour de ces nouveaux états propres dont la polarisation est elliptique, comme proposé
initialement dans les travaux de D. Read et al. [141].

L’effet à l’origine de cette polarisation elliptique, déterminée par le déséquilibre spon-
tané de la population entre les deux polarisations circulaires, est connu sous le nom de
précession de Larmor auto-induite [148] et tend à préserver la polarisation circulaire. Le
comportement observé indique donc que les interactions polariton-polariton, au lieu de fa-
voriser l’effet laser dans une polarisation linéaire, aide à conserver le degré de polarisation
circulaire initial.

Ce comportement pourrait expliquer la faible valeur du degré de polarisation total
(< 0,3) et la polarisation circulaire négligeable rapportée par Ohadi et al. [146] dans leurs
mesures d’impulsions uniques intégrées en temps.

La dynamique de g(2)
XX(tmax,τ) a été reproduite par M. Wouters en considérant le couple

suivant d’équations de mouvement du champ ΨL(R) de polaritons dans la base de polari-
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sation circulaire L (R) :

i
d

dt
ΨL(R) = α1|ΨL(R)|2ΨL(R) + (−) i2∆V HΨR(L) +

√
σξ(t), (2.9)

où α1 est la constante d’interaction entre polaritons de même spin (nous négligeons les
interactions entre spins opposés), ∆V H est la séparation d’énergie entre états polarisés le
long de l’axe vertical/horizontal. Le terme de diffusion

√
σξ(t) prend en compte le carac-

tère aléatoire de la polarisation due aux fluctuations d’intensité intrinsèques au système,
résultant en un déclin de l’enveloppe de g(2)

XX(tmax,τ) depuis sa valeur initiale jusque 1.
Les simulations de l’évolution de g(2)

XX(t,τ) pour la distribution initiale stochastique de la
polarisation sont montrées dans la Fig. 2.17, avec l’énergie d’interaction α1(|ΨL|2+|ΨR|2) =
80µeV, ∆V H = 16µeV, et un coefficient de diffusion de spin σ/|Ψ|2 = 0.0025 ps−1. Elles re-
produisent qualitativement les oscillations observées [Fig. 2.17(g)-2.17(i)]. Ces paramètres
d’ajustement sont en accord avec l’énergie d’interaction estimée à partir de l’expérience :
en supposant une valeur de α1 = 2 µeV.µm2 [20] (mesurée dans une cavité équivalente),
nous estimons une énergie d’interaction de 85µeV à tmax et P = 5 Pth (voir le calcul
explicité plus loin).

L’énergie d’interaction et la séparation des états polarisés V et H (parallèle et perpen-
diculaire aux axes cristallographiques) sont du même ordre de grandeur. La compétition
entre la précession de Larmor auto-induite et la séparation intrinsèque des états polarisés
entraînent donc des oscillations de la polarisation de l’émission autour d’un axe de polarisa-
tion légèrement elliptique. Ces effets se manifestent dans le comportement de g(2)

LL(tmax,τ) et
dans la période des oscillations T de g(2)

DD(tmax,τ), qui est donnée par la formule T = h
2∆V H

en absence d’interactions. Pour ∆V H = 16µeV, nous attendions une période T = 129 ps,
plus élevée que la période mesurée expérimentalement Texp = 100 ps. Cette différence est
due à la compétition entre ces deux effets (précession de Larmor auto-induite et séparation
intrinsèque des états polarisés) et est bien rendue par notre modèle théorique.

L’équilibre entre ces deux effets dépend fortement du nombre de polaritons dans le
système et donc de la puissance du laser d’excitation. Nous présentons sur la Fig. 2.18
les fonctions d’autocorrélation g(2)

XX(tmax,τ) pour plusieurs puissances d’excitation dans le
régime de laser à polaritons. Pour P = 3 à 6Pth dans la polarisation verticale/horizontale
[Fig. 2.18(a),(d)], nous observons que g(2)

V V (tmax,0) diminue pour une puissance d’excita-
tion croissante alors que g(2)

HH(tmax,0) augmente. D’après notre modèle décrivant la po-
larisation initiale, ceci indique que la probabilité d’initialiser l’effet laser dans la pola-
risation horizontale devient plus importante et la relaxation vers l’état de polarisation
verticale est plus rapide. De plus, la période d’oscillation de g(2)

DD(tmax,τ) diminue légè-
rement avec l’augmentation de la puissance d’excitation dans les directions diagonale et
circulaire [Fig. 2.18(b),(c),(e),(f)]. En effet, la séparation intrinsèque des états polarisés
reste constante avec l’augmentation de la population de polaritons alors que l’énergie d’in-
teraction augmente. La précession de Larmor auto-induite devient donc de plus en plus
dominante avec l’augmentation de la puissance et modifie la dynamique de la polarisation.

À P = 25Pth, le temps de déclin de g(2)(tmax,τ) diminue fortement pour toutes les
polarisations et les oscillations dans la polarisation circulaire disparaissent [Fig. 2.18(c),(f)].
En effet, nous avons vu qu’au dessus de P = 13Pth, l’émission devient fortement polarisée
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Figure 2.18 – (a)-(f) Fonctions d’autocorrélation g
(2)
XX(tmax,τ) mesurées dans le micro-

pilier pour une puissance d’excitation P = 3Pth (carrés bleus), P = 5Pth (cercles verts),
P = 6Pth (triangles oranges) et P = 25Pth (losanges rouges). L’émission est résolue en po-
larisation verticale (a), diagonale (b), circulaire gauche (c), horizontale (d), antidiagonale
(e), circulaire droite (f).

[Fig. 2.10(c)] et la polarisation initiale a beaucoup plus de chance d’être verticale (elle est 35
fois plus probable que la polarisation horizontale selon notre modèle). Le laser à polaritons
n’est donc initialisé que très rarement dans la polarisation circulaire et les oscillations
disparaissent [g(2)

LL,RR(tmax,τ) = 1].
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XX(tmax,τ) résolues en polarisation et

mesurées pour la cavité planaire à P = 1,5Pth.
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Il est aussi intéressant d’analyser la dynamique de polarisation dans la cavité planaire.
Les figures 2.19(a)-2.19(c) montrent les fonctions d’auto-corrélation mesurées pour la cavité
planaire dans les six polarisations considérées à P = 1.5Pth, dans le régime de laser à
polaritons. On observe un comportement similaire à celui observé dans le pilier de 3µm :
les courbes g(2)

V V (tmax,τ) et g(2)
HH(tmax,τ) [Fig. 2.19(a)] montrent un déclin monotone depuis

1,07 et 1,19 respectivement, jusque 1. Les valeurs différentes de g(2)
XX(tmax,0) à délai nul

dans les directions verticale et horizontale montrent la levée de dégénérescence intrinsèque
des états de polarisation le long de l’axe cristallographique. Si le laser à polaritons est
amorcé dans toute autre polarisation, nous observons des oscillations de g(2)

XX(tmax,τ) dans
les polarisations D, A, L et R [Fig. 2.19(b)-2.19(c)].

L’amplitude des oscillations autour de g(2)
XX = 1 est de l’ordre de 0,05, donc plus faible

que dans le pilier de 3µm (∼ 0,15). Cette différence peut venir de la coexistence de
plusieurs modes spatiaux de polaritons au seuil dans la cavité planaire pour un spot d’ex-
citation de 20µm de diamètre, alors que dans le micropilier le confinement photonique
n’autorise que deux modes discrets de polarisations orthogonales avec le même profil spa-
tial (les modes S1). Nous estimons à partir du facteur de qualité de la cavité la présence
de 7 modes polaritoniques dans la surface du spot d’émission (voir le calcul détaillé plus
bas). À l’amorce de l’effet laser, différents points à l’intérieur du spot d’émission peuvent
prendre spontanément une phase [124] et une polarisation différente ; c’est l’équivalent du
mécanisme de Kibble-Zurek pour un paramètre d’ordre vectoriel [149]. Alors que la phase
et la polarisation deviennent homogènes sur toute la surface du spot d’émission après l’ini-
tialisation du laser, une distribution initiale aléatoire de la polarisation de différents modes
spatiaux sur la surface de l’émission peut contribuer à réduire la polarisation globale de
toute l’émission. Bien que l’émission de chaque mode spatial soit polarisée et soumise aux
mêmes effets, la distribution de polarisation initiale dans les modes spatiaux peut aboutir
à la valeur réduite de g(2)

XX(tmax,τ) observée dans la microcavité planaire.
Une seconde différence entre les observations dans la cavité planaire et dans le mi-

cropilier est le fait que dans la cavité planaire, g(2)
RR(tmax,τ) et g(2)

LL(tmax,τ) montrent des
oscillations qui croisent g(2)

XX(tmax,τ) = 1 [Fig. 2.19(c)] alors que ces oscillations restent au
dessus de 1 dans le cas du micropilier [Fig. 2.19(c)]. Les interactions jouent donc un rôle
négligeable dans le cas de la cavité planaire et la précession de Larmor auto-induite ne
participe pas à la dynamique.

Calcul de l’énergie d’interaction

Nous pouvons vérifier cette hypothèse en estimant comparativement l’énergie d’interac-
tion dans la cavité planaire et dans le micropilier en estimant le nombre de polaritons dans
le mode laser. Nous faisons l’hypothèse qu’au seuil laser, chaque mode spatial est occupé
par un polariton. Dans le cas de la cavité planaire, à P = 1,5Pth l’intensité émise est 7 fois
plus importante qu’au seuil et nous estimons donc 7 polaritons par mode. Nous pouvons
estimer la taille de chaque mode spatial à partir du temps de vie des polaritons, donné par
le facteur de qualité Q mesuré et la masse des polaritons. Dans notre cas, le temps de vie
des polaritons est de 30 ps et leur masse est de 10−4me, ce qui donne un diamètre spatial
estimé à 5,8µm pour les modes à k = 0. Nous trouvons donc que le nombre de modes dans
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la région du laser de 15µm de diamètre (déterminé par le spot d’excitation) est d’environ
7.

En considérant une interaction polariton-polariton constante de α2D
1 = 2µeV ·µm2 [20]

et en prenant en compte un mode de diamètre 5,8µm, nous estimons l’énergie d’interaction
totale à P = 1,5Pth de α2D

1 (|ΨL|2 + |ΨR|2) = 0,54µeV.
L’énergie d’interaction totale entre polaritons doit être comparée à la séparation des

états polarisés causant les oscillations observées dans les figures 2.19(b)-2.19(c). À partir
de la période d’oscillation de 60 ps, nous déduisons une séparation en énergie de 34µeV,
bien plus importante que l’énergie d’interaction estimée. Nous pouvons donc identifier
la période d’oscillation avec la séparation d’énergie ∆V Hplanar. Dans le cas de la cavité
planaire, la précession de la polarisation dépend seulement de la séparation d’énergie in-
trinsèque des états polarisés le long de l’axe vertical/horizontal. Dans cette situation, les
axes de polarisation diagonal/antidiagonal et circulaire gauche/droit sont équivalents et
un comportement similaire des oscillations de polarisation est attendu et observé dans les
figures 2.19(b)-2.19(c).

Une estimation similaire de l’énergie d’interaction peut être réalisée pour le micropilier
de 3µm. Dans ce cas, la surface du mode est déterminée par les dimensions du pilier et
est de 7µm2. En comparant l’intensité émise à Pth et à P = 5Pth, nous estimons 305
polaritons par mode pour cette dernière puissance, ce qui induit une énergie d’interaction
de α1(|ΨL|2 + |ΨR|2) = 85µeV, la valeur utilisée dans les simulations de la Fig. 2.17.

Ces résultats montrent donc que la polarisation évolue au cours de l’émission laser et
sa dynamique dépend de la séparation d’énergie intrinsèque des états polarisés le long de
l’axe cristallin et de l’énergie d’interaction des polaritons. La compétition entre ces deux
phénomènes détermine l’axe autour duquel a lieu la précession de la polarisation du laser.
Nous observons ici une différence entre le micropilier et la cavité planaire en raison de la
grande différence entre les énergies d’interaction.

2.5 Conclusion
Nos résultats montrent que les lasers à polaritons ont un degré de cohérence du second

ordre très proche de 1, comme attendu pour une source laser standard. La polarisation
initiale de l’émission des polaritons est stochastique et n’est pas entièrement déterminée
par la séparation de polarisation intrinsèque (pour les valeurs modérées observées dans
nos échantillons). Elle est aussi influencée par la brisure de symétrie spontanée inhérente à
l’effet laser et peut conduire à l’établissement du laser dans tout état de polarisation. Cette
séparation de polarisation intrinsèque à deux effets : (i) elle favorise l’établissement de l’effet
laser dans la polarisation parallèle à l’axe de séparation et, (ii) elle cause la précession de
la polarisation après son initialisation. L’initialisation stochastique de la polarisation et
ces oscillations consécutives ne sont pas exclusives aux polaritons et devraient être aussi
présentes dans un laser à photons conventionnel dans les VCSEL [150].

Par la suite, il serait intéressant d’étudier la relation entre la cohérence temporelle du
second ordre g(2)(t,τ) et la cohérence spatiale g(1)(x) dans des microstructures de dimen-
sionnalité différente.

Grâce à la résolution temporelle de cette technique, nous avons accès à une mesure
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précise de g(2)(τ = 0) et nous chercherons à mesurer des statistiques d’émission particulières
comme celle attendue dans le cas du blocage de polaritons, pour lequel le dégroupement
de photons entraînerait idéalement g(2)(τ = 0) = 0. Même pour les nonlinéarités faibles de
notre système, où la présence d’un polariton dans le pilier produirait un shift de 0,3µeV,
à comparer avec la largeur de raie Γ = 100µeV, un dégroupement de photons de l’ordre
de 10−5 est espéré [151].
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Deuxième partie

Dispositifs
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Introduction générale
Les dispositifs tout optiques, utilisant les photons pour transporter l’information au

lieu d’électrons, ont longtemps été considérés comme les successeurs des dispositifs élec-
troniques. En effet, le recours aux photons devrait en théorie permettre d’améliorer gran-
dement les pertes, la consommation et la vitesse des dispositifs [152, 153]. Pour rivaliser
avec les succès de l’électronique intégrée, il est nécessaire de déterminer les éléments de
base permettant l’élaboration de circuits photoniques intégrés sur puce [154, 155]. L’ar-
chitecture standard d’un dispositif optique actif, s’inspirant de celle d’un dispositif élec-
tronique, requiert deux éléments fondamentaux : des composants non-linéaires localisés
où l’information est lue, modifiée ou mémorisée ; et des guides optiques pour transporter
les signaux d’un composant à l’autre. Au cours des dix dernières années, le développe-
ment des nanotechnologies a renouvelé l’intérêt de la recherche sur les dispositifs optiques.
Aujourd’hui, de nombreux types de composants photoniques non-linéaires sont étudiés. Ils
peuvent prendre la forme de résonateurs de taille micrométrique possédant un grand facteur
de qualité (microcavité à cristaux photoniques [156–158], résonateur en anneau/disque en
silicium [159–161]) dans le but d’améliorer les non-linéarités optiques (effet Kerr optique,
absorption à deux photons, non-linéarité induite par les porteurs ou effet thermo-optique)
au sein d’un réseau de guides d’onde micrométriques.

Figure 2.20 – Image au microscope électronique du résonateur en anneau couplé à un
guide d’onde. La structure entière est montrée dans l’encadré. Figure extraite de [159].

Un switch tout optique a été réalisé par le groupe de M. Lipson [159] sur ce principe de
résonateurs en anneau [Fig. 2.20]. Différents groupes ont ont pu exploiter ces résultats et
réaliser plusieurs routeurs ayant une entrée et une sortie dans chaque direction (Nord, Sud,
Est, Ouest) permettant de rediriger un flux de photons entrant vers la sortie voulue [162,
163]. Le principal problème de ce type de dispositif est sa dimension importante (environ
400x600 µm2), causée par la faible valeur des non-linéarités dans le silicium, ce qui ne
permet pas d’envisager une application à grande échelle.

Les polaritons de microcavité semiconductrice ont émergé récemment comme une nou-
velle plateforme pour les dispositifs tout optiques. La nature mixte lumière/matière de
ces quasi-particules leur permet de se propager de manière balistique sur des distances
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macroscopiques (centaines de microns) à une vitesse de l’ordre d’un dixième de la vitesse
de la lumière grâce à leur composante photonique [15]. Leur partie excitonique apporte
une non-linéarité de type Kerr géante (χ(3)) [16, 17] qui est plusieurs ordres de grandeur
plus large que la non-linéarité Kerr dans les semiconducteurs massifs [18]. Ainsi, l’énergie
nécessaire à l’apparition d’effets non-linéaires dans un dispositif à polaritons promet d’être
plus faible que n’importe quel autre système pour une surface donnée. Les polaritons mi-
crocavité sont donc une plateforme intéressante pour la photonique intégrée où l’émission
cohérente, le guidage optique et la non-linéarité pourraient être combinés sur une même
puce.
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Chapitre 3

Routeur à polariton

3.1 Introduction

Les polaritons dans les microcavités semiconductrices ont suscité un intérêt croissant
autant pour leur propriétés fondamentales [81, 164] que pour leurs applications potentielles.
Nous étudierons plus en détail les dispositifs liés à la non-linéarité Kerr dans la section
suivante. Un autre moyen d’interaction peut être exploité, la nature duale des polaritons
leur permettant d’interagir fortement avec leur environnement et notamment avec le réser-
voir d’excitons présent lors d’une excitation non résonante. L’exploitation des interactions
entre les polaritons et le réservoir d’exciton a permis la démonstration de principe de dis-
positifs tels que les transistors optiques [165], des portes logiques [166], des diodes tunnel
résonantes [29] et des interféromètres [28].

Nous implémentons dans la suite un routeur à polaritons permettant de choisir la di-
rection de propagation d’impulsions de polaritons. Cette nouvelle fonctionnalité contribue
à la création de circuits polaritoniques plus complexes.

3.2 Éléments du routeur à polariton

Nous présenterons dans cette section notre capacité à réaliser différents réseaux uni-
dimensionnels pour polaritons en s’appuyant sur la gravure de microcavité planaire. En
modulant la largeur d’un microfil sur sa longueur, il est possible de créer un potentiel
effectif pour les polaritons qui engendre de nouvelles propriétés et fonctionnalités de la
microstructure.

Pour illustrer les possibilités apportées par l’ingénierie du potentiel effectif ressenti par
les polaritons, nous évoquerons deux exemples : les fils modulés périodiquement [26] et
la diode tunnel résonante [29], réalisés au LPN par Dimitrii Tanese et Hai-Son Nguyen
respectivement. Leurs résultats étant à la base du principe de fonctionnement du routeur
à polaritons, nous les présentons brièvement ci-dessous.
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3.2.1 Fils modulés périodiquement
Un des premiers réseaux unidimensionnels étudié au LPN fut donc le fil modulé pé-

riodiquement, revisitant les bases de la physique du solide par le biais des polaritons de
cavité.

Considérons une particule de masse mp dans le potentiel carré périodique unidimen-
sionnel V (x) montré sur la figure 3.1, de période P et d’amplitude V0.

L’hamiltonien correspondant à ce problème s’écrit :

Ĥ = p̂2

2mp

+ V (x̂) avec V (x+ P ) = V (x) (3.1)

Le théorème de Bloch s’applique dans ce cas et les états propres de l’hamiltonien Ĥ peuvent
alors s’écrire :

Ψk(x) = eikxuk(x) (3.2)
où uk(x) est une fonction périodique de période P qui satisfait l’équation de Schrödinger :

Ĥkuk(x) = E(k)uk(x) avec Ĥk = (p̂+ ~k)2

2m + V (x̂) (3.3)

Dans l’espace des pseudo-moments k, l’état de Bloch Ψk(x) est défini au vecteur du réseau
réciproque K = 2π/P près. Toutes les solutions sont contenues dans l’intervalle de −π/P
à π/P , appelé première zone de Brillouin. Pour chaque k, plusieurs valeurs de l’énergie
sont autorisées et peuvent être regroupées sous la forme de fonctions périodiques En(k)
de période 2π/P . Ces dispersions donnent la structure de bande du réseau et En(k) est
la n-ième bande d’énergie. Selon le potentiel étudié, certaines plages d’énergie peuvent
se trouver sans solution et sont appelées bandes d’énergie interdite. Ces résultats sont
valables pour tout potentiel périodique, mais nous nous intéresserons ici au cas particulier
du potentiel carré périodique, pour lequel il est possible de calculer numériquement la
structure de bande grâce au modèle de Kroenig-Penney [167]. En effet, pour notre potentiel
[Fig. 3.1], la solution sur chaque site 1 et 2 est une combinaison d’ondes planes de la forme
Aeiαx +Be−iαx et Ceiβx +De−iβx, avec α = (2mE)1/2

~ et β = [2m(V0−E)]1/2

~ .

1 2 1 2 1

𝐴𝑒𝑖𝛼𝑥 + 𝐵𝑒−𝑖𝛼𝑥

𝐶𝑒𝑖𝛽𝑥 + 𝐷𝑒−𝑖𝛽𝑥
E

x
P

V0

0

Figure 3.1 – Représentation schématique du puit de potentiel carré.

En imposant la continuité aux interfaces pour des fonctions d’onde de la forme (3.2)
ainsi que pour leur dérivée, il est possible de calculer numériquement la structure de bande
du réseau ainsi que leurs éventuelles bandes d’énergie interdite.
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Figure 3.2 – (a-c) Structure de bande d’un potentiel carré périodique calculée à partir du
modèle de Kroenig-Penney pour mp = 5,7 × 10−5me, P = 2,6µm et (a) V0 = 0 meV ,(b)
0,45 meV,(c) 2 meV.

Sur la figure 3.2, les résultats de ces calculs sont obtenus en faisant varier uniquement
la hauteur du potentiel V0 et en gardant constants la masse des polaritons mp et la période
du réseau P . Dans chaque cas, plusieurs bandes d’indice n apparaissent. Pour V0 = 0 meV,
nous retrouvons la dispersion d’une particule libre [Fig. 3.2(a)], tandis que pour des hau-
teurs de potentiel V0 non nulles [Figs. 3.2(b,c)], des bandes d’énergie interdite de largeur
croissante avec V0 apparaissent au bord de la zone de Brillouin. Les caractéristiques du
réseau sont donc déterminées par l’amplitude du potentiel V0 déterminant la largeur des
bandes d’énergie interdite, ainsi que par la période P déterminant la taille de la zone de
Brillouin kB = π/P et par conséquent l’énergie à laquelle apparaissent ces bandes d’éner-
gies interdites. Le choix de ces paramètres sera donc critique pour la réalisation de notre
dispositif.

Pendant sa thèse, Dimitrii Tanese a étudié la condensation des polaritons dans ce type
de réseaux et a pu montrer que le condensat de polariton s’établit à l’intérieur de la bande
d’énergie interdite et forme des solitons de gap [26].

Pour notre cas, nous resterons en régime d’excitation linéaire et nous nous attacherons
à choisir précisément les paramètres du réseau pour obtenir la configuration voulue pour
notre dispositif.

3.2.2 Diode tunnel résonante
Le second dispositif que nous voulons décrire et qui exploite également l’ingénierie du

potentiel effectif est la diode tunnel résonante réalisée par Hai-Son Nguyen au LPN.
Ce dispositif consiste en un îlot relié à deux fils unidimensionnels par deux constrictions

83



[Fig. 3.4(a)]. La variation de la largeur du fil autour de l’îlot [Fig. 3.4(b)] correspond à une
variation du potentiel effectif pour les polaritons montrée Fig. 3.4(c) : une double barrière
de potentiel est réalisée autour de l’îlot. Dans l’îlot, les polaritons sont confinés dans toutes
les directions et des états discrets apparaissent [Fig. 3.4(c)]. Un flux de polaritons est
injecté par excitation résonante dans un des fils avec une énergie bien définie. Si l’énergie
des polaritons est résonante avec l’énergie d’un état de l’îlot, les polaritons sont transmis
au travers de la double barrière de potentiel. Si ce n’est pas le cas, le flux de polaritons est
réfléchi par la barrière de potentiel.

S1

S2

S3

Figure 3.3 – (a) Image au microscope électronique à balayage (MEB) d’un dispositif ; (b)
Schéma représentant la géométrie du dispositif observé ; (c) Potentiel simulé le long du fil
autour de la région de l’îlot correspondant à (b). Les états confinés dans l’îlot sont indiqués
en rouge.

Figure 3.4 – (a) Énergie de l’état confiné en fonction de la puissance du laser de contrôle ;
(b) Transmission tunnel en fonction de l’augmentation d’énergie de l’état confiné ; (c-e)
Émission résolue spatialement pour différentes valeurs de la puissance du laser de contrôle ;
(f-h) Intensité intégrée correspondante à (c-e) (bleu) et schéma du potentiel (rouge).

Un laser de contrôle est utilisé pour modifier l’énergie des états confinés dans l’îlot. Il
injecte une population d’excitons dans le réservoir qui interagissent de façon répulsive avec
les polaritons et introduisent un décalage vers le bleu de l’énergie des états confinés. La
population du réservoir excitonique est proportionnelle à la puissance du laser de contrôle
Pgate et l’énergie des états confinés peut être modifiée continûment sur 0,7 meV [Fig. 3.4(a)].
La valeur de la transmission au travers du dispositif est mesurée en fonction du décalage
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vers le bleu ∆E de S1 [Fig. 3.4(b)]. La transmission est maximale pour ∆E = 111µeV,
quand le flux de polaritons incident est résonant avec S1, et est nulle dans le cas contraire.
Ce résultat est illustré par l’émission résolue spatialement [Figs. 3.4(c-e)] et l’émission
intégrée [Fig. 3.4(f-h)] pour différentes valeurs de l’énergie de S1. Grâce au contrôle de
l’énergie des états confinés, il est donc possible d’autoriser [Figs. 3.4(d,g)] ou d’inhiber la
transmission à travers la structure [Figs. 3.4(c,e,f,g)].

3.2.3 Proposition théorique
En 2013, H. Flayac et I. G. Savenko [42] proposèrent un dispositif permettant de contrô-

ler la direction de propagation d’un flux de polaritons, appelé routeur à polariton. Le dis-
positif s’inspire des résultats mentionnés précédemment. En effet, le dessin de la structure
est similaire à celui de la diode tunnel résonante : un îlot est connecté par des constrictions
à deux fils, dont la largeur est modulée périodiquement. Cela permet d’ouvrir des bandes
d’énergie interdite, empêchant ainsi la propagation de polaritons dans les fils pour certaines
plages d’énergie. Le fonctionnement de la structure repose donc sur ces deux propriétés
essentielles : la présence d’états confinés dans l’îlot dont il est possible de contrôler l’énergie
et l’ouverture de bandes d’énergie interdite dans les fils modulés périodiquement.

(a)

(b)

(c) (d)

Figure 3.5 – (a) Schéma du dispositif asymétrique permettant d’aiguiller les polaritons.
(b) Valeur du potentiel correspondant à (a). (c-d) Emission du dispositif résolue en espace
et en énergie pour l’énergie de l’îlot ES1 = 0,5 meV (c) et E ′S1 = 0,7 meV (d). Figures
extraites de [42].

Dans le dessin de la proposition théorique, les paramètres de chaque fil modulé sont
choisis de telle sorte que les bandes d’énergie interdite de chaque fil soient décalées en
énergie [Fig. 3.5(a-b)]. Le fonctionnement du routeur repose sur l’injection de polaritons
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dans l’îlot de manière non résonante. À l’aide du réservoir excitonique créé, l’énergie de
l’état confiné dans l’îlot S1 est modifiée de ES1 = 0,5meV [Fig. 3.5(c)] à E ′S1 = 0,7meV
[Fig. 3.5(d)]. Sur la Fig. 3.5(c), l’énergie de l’état confiné ES1 est plus faible que la bande
d’énergie la plus basse du fil de droite et les polaritons ne peuvent propager que dans le fil
de gauche. En revanche, sur la Fig. 3.5(d), l’énergie de l’état confiné E ′S1 est au niveau de
la bande d’énergie interdite du fil de gauche et la propagation des polaritons n’est possible
que dans le fil de droite.

Ainsi en contrôlant l’énergie de l’îlot on peut aiguiller les polaritons vers le fil de gauche
ou de droite. Nous en avons entrepris l’implémentation expérimentale en exploitant le
savoir-faire acquis dans l’équipe grâce aux précédents travaux de Dimitrii Tanese et Hai-
Son Nguyen. Ce routeur à polariton est un nouvel élément qui permet, combiné à d’autres
dispositifs, la création de circuits polaritoniques aux fonctionnalités variées.

3.3 Réalisation du routeur à polaritons
Dans cette partie, nous présentons la réalisation expérimentale d’un routeur à polaritons

selon la proposition de H. Flayac et I. G. Savenko [42]. Nous gravons une microcavité
pour réaliser le dessin de la structure : un îlot connecté à deux fils périodiques modulés.
Nous détaillerons dans un premier temps les différentes structures étudiées ainsi que leur
caractérisation. Nous préciserons ensuite le fonctionnement du routeur à polaritons avec
un schéma d’excitation à deux lasers et nous discuterons des propriétés de notre dispositif.

3.3.1 Caractérisation de la structure
Le dispositif est réalisé à partir de la gravure d’une microcavité en GaAlAs de facteur

de qualité Q = 72000. Douze puits quantiques en GaAs sont insérés aux ventres du champ
électromagnétique. Le couplage fort exciton-photon est caractérisé par un dédoublement
de Rabi de 15 meV.

Le routeur à polaritons consiste en un îlot rectangulaire relié à deux fils dont la largeur
est modulée périodiquement par des constrictions [Fig. 3.6(a-b)]. Pour caractériser nos
dispositifs, nous utilisons une excitation non résonante à très faible puissance (50µW )
qui injecte des polaritons sélectivement dans l’îlot ou dans un des deux fils modulés. Ces
microstructures gravées présentent une levée de dégénérescence en polarisation due à la
géométrie de la structure. Dans notre cas, l’énergie des modes de polarisation parallèle au
fil (TM) est plus faible que celle des modes de polarisation perpendiculaire (TE). Nous
restreignons notre étude aux modes de plus basse énergie polarisés TM et nous plaçons à
cet effet un polariseur sur le chemin de détection.

Plusieurs configurations ont été implémentées sur notre échantillon pour les paramètres
géométriques des deux fils modulés encadrant un îlot. La photoluminescence en champ
lointain du fil de gauche et de droite encadrant chaque îlot est montrée pour trois exemples
sur la Fig. 3.7. La première configuration est symétrique [Fig. 3.7(a)] avec des paramètres
identiques pour les deux fils : La différence de largeur entre la partie large et la partie
étroite du fil modulé est ∆L = 0,7µm et la période de modulation est P = 2,8µm).
Nous avons ensuite varié les paramètres afin d’obtenir des configurations asymétriques.
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Figure 3.6 – (a) Image au microscope électronique à balayage (MEB) d’un dispositif avec
un schéma du laser d’excitation et de la propagation des polaritons en rouge. (b) Vue de
dessus du dispositif étudié. (c) Potentiel simulé le long du fil correspondant à (b) (bleu) et
énergie du premier état confiné de l’îlot (rouge).

Pour la Fig. 3.7(b), nous avons augmenté la largeur des bandes d’énergie interdite (∆L =
0,9µm) et modifié la période de modulation (P1 = 2,6µm et P2 = 3µm) afin d’obtenir
des bandes d’énergie interdite se chevauchant. Enfin, nous montrons sur la Fig. 3.7(c)
une configuration où les bandes d’énergies interdites sont séparées. Pour l’implémentation
du routeur à polariton, nous utilisons une configuration asymétrique semblable aux Figs.
3.7(b-c).

La microcavité considérée dans la suite a un désaccord de −3.6 meV et consiste en un
îlot rectangulaire (long de 2,3µm et large de 2,8µm) encadré par deux constrictions (longue
de 1,2µm et large de 2µm) reliées à deux fils dont la largeur est modulée périodiquement
entre 2,6µm et 3,5µm [Fig. 3.6(a-b)]. Seule la période de modulation des deux fils diffère,
elle est de 2,6µm pour le fil de gauche et de 3µm pour le fil de droite. Le potentiel 1D
effectif correspondant aux dimensions de la structure est montré sur la Fig. 3.6(c).

La photoluminescence des polaritons en champ lointain est mesurée pour le fil de gauche
[Fig. 3.8(b)] et le fil de droite [Fig. 3.8(c)]. Les bandes d’énergie interdite de largeur 500µeV
sont identiques pour les deux fils (les petites et grandes largeurs sont les mêmes). En re-
vanche, le centre de ces bandes d’énergie interdite est séparé de 300µeV grâce à une période
de modulation différente. Cette différence d’énergie est primordiale pour le fonctionnement
du dispositif.

L’émission de l’îlot résolue spatialement (Fig. 3.8(a)) révèle un état discret d’énergie
correspondant à l’état de plus basse énergie S1 dû au confinement 0D à l’intérieur de
l’îlot. Sa largeur de raie mesurée est Γ = 120µeV, bien inférieure à la largeur spectrale
des bandes d’énergie interdite des deux fils. Nous verrons par la suite que cette largeur de
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Figure 3.7 – (a-c) Photoluminescence des polaritons en champ lointain du fil de gauche
et de droite pour un désaccord de −5,5meV et des paramètres (a) V0 = 0,3 meV ;(b)
0,45 meV ;(c) 0,3 meV,(a) P1 = 2,8µm ;(b) 2,6µm ;(c) 2,6µm et (a) P2 = 2,8µm ;(b)
3µm ;(c) 3,2µm.
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Figure 3.8 – (a) Émission de l’îlot résolue en espace et en énergie. Ces mesures sont
effectuées avec une très faible puissance d’excitation (50µW ). (b,c) Émission en champ
lointain résolue spectralement pour les fils de gauche (b) et de droite (c). La courbe rouge
pointillée correspond au calcul de la dispersion en résolvant l’équation Schrödinger 2D des
polaritons. (d,e) Émission intégrée correspondant à (b) et (c) respectivement et représen-
tant la densité d’états dans les fils de gauche (d) et de droite (e) (noir). Calcul de la densité
d’états à partir du modèle de Kroenig-Penney (rouge).

raie est fortement influencée par le couplage tunnel avec les fils modulés et peut descendre
jusque Γ = 70µeV en l’absence de couplage tunnel.

Nous nous attachons maintenant à démontrer le principe du fonctionnement du routeur
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à polariton, qui est la possibilité de contrôler l’énergie E1 de l’état confiné S1 le long de
la structure de bande des fils et ainsi de modifier le couplage tunnel de l’îlot vers les fils
modulés. L’îlot est excité localement avec un laser non résonant, ce qui a pour effet de
peupler les états de polariton de l’îlot ainsi que le réservoir excitonique. La population de
ce réservoir augmente avec la puissance d’excitation et interagit de façon répulsive avec
les polaritons dans l’îlot. L’énergie de l’îlot subit un décalage vers le bleu et nous varions
continûment l’énergie de l’état S1 de l’îlot sur 0,6 meV [Fig. 3.9(g)], ce qui permet de
balayer l’énergie de S1 au travers de la bande d’énergie interdite du fil de droite et du fil
de gauche.

Dispersion real space Wire 24 P=4 mW Log
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Figure 3.9 – (a-c) Emission résolue en espace et en énergie pour une puissance d’excita-
tion : (a) Pc = 0,1 mW , (b) Pc = 5 mW , (c) Pc = 7,8 mW. (d-f) Émission en champ lointain
résolue spectralement pour le fil de gauche (panneau de gauche) et de droite (panneau de
droite). (g) Augmentation d’énergie de S1 ∆E1 en fonction de la puissance d’excitation P .

Pour montrer la variation du couplage tunnel, nous analysons l’émission des fils en
fonction de la puissance d’excitation [Fig. 3.9(a-c)].

Pour la plus petite puissance (Pc = 0,1 mW), l’énergie de l’état S1 est plus faible que
la bande d’énergie interdite du fil de gauche et est dans la bande d’énergie interdite du fil
de droite [Fig. 3.9(d)]. Par conséquent, les polaritons de l’état S1 ne peuvent se coupler
qu’à la première mini-bande du fil de gauche et on observe à l’énergie de S1 la propagation
des polaritons majoritairement dans le fil de gauche, tandis que l’émission est fortement
réduite dans le fil de droite à l’énergie de S1 [Fig. 3.9(a)]. Notons que l’on observe de
l’émission dans les fils pour des énergies différentes de E1 car des polaritons sont injectés
dans le second mode confiné S2 (autour de 1599,5meV ) et directement dans chaque fil à
cause d’un spot d’excitation trop large.

Pour Pc = 5 mW, l’énergie de S1 se trouve dans la bande d’énergie interdite du fil de
gauche et résonant avec la seconde mini-bande du fil de droite [Fig. 3.9(e)]. Nous observons
alors à l’énergie de S1 la propagation des polaritons majoritairement dans le fil de droite
[Fig. 3.9(b)].

Enfin, pour une puissance plus importante (Pc = 7,8 mW), l’énergie de S1 est au-delà
des bandes d’énergie interdite des deux fils [Fig. 3.9(f)] et la propagation des polaritons a
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lieu simultanément dans les deux fils [Fig. 3.9(c)].
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Figure 3.10 – (a) Valeur expérimentale de la transmission tunnel vers le fil de gauche
(carré noir) et de droite (rond rouge) en fonction de ∆E1. (b) Transmission tunnel totale
vers les fils (noir) et largeur de raie de S1 (rouge) en fonction de ∆E1. (c) Émission intégrée
représentant la densité d’états dans les fils de gauche (noir) et de droite (rouge). L’échelle
d’énergie est identique à (a).

Nous pouvons de plus estimer la valeur de la transmission tunnel de l’îlot vers les fils
en divisant l’intensité de chaque fil par l’intensité de l’îlot en fonction de l’augmentation
d’énergie ∆E1 de S1 [Fig. 3.10(a)]. La valeur de la transmission tunnel est très faible
dans la bande d’énergie interdite de chaque fil. Dans le fil de gauche, on observe que la
transmission tunnel est plus importante en dessous de la bande d’énergie interdite qu’au-
dessus. Cette différence s’explique par la présence d’un pic dans la densité d’état du fil juste
en dessous de la bande d’énergie interdite qui favorise le couplage tunnel [Figs. 3.8(a,e)].

Sur la figure 3.10(b), la somme des transmissions tunnel de l’îlot vers les deux fils est
tracée en même temps que la largeur de raie Γ de l’état confiné de l’îlot S1 en fonction de
∆E1. La variation de la largeur de raie de S1 suit la valeur de la transmission tunnel et
Γ = γpol+γtunnelgauche+γtunneldroite, où γpol est la largeur de raie des polaritons dans l’îlot et
γtunnelgauche (resp. γtunneldroite) est la largeur de raie attribuée à la transmission tunnel vers
le fil de gauche (resp. de droite). La transmission tunnel apporte donc une contribution
importante à la largeur de raie de S1, de 0 à 50µeV.

Le profil spatial d’intensité mesuré le long des fils à l’énergie de S1 [Figs. 3.11(a-c)]
nous montre le déclin spatial exponentiel de la propagation des polaritons dans chaque fil.
À Pc = 0,1 mW [Fig. 3.11(a)], l’énergie de S1 est résonant avec la première mini-bande
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Figure 3.11 – (a-c) Profils spatiaux de l’intensité intégrée mesurée à l’énergie de l’état de
l’îlot sur les données des Figs. 3.9(a), 3.9(b) et 3.9(c) respectivement.

du fil de gauche et dans la bande d’énergie interdite du fil de droite. Nous trouvons une
longueur de déclin Ld = 35µm dans le fil de gauche dû à l’échappement des photons au
travers des miroirs de la cavité. Dans le fil de droite, la présence d’interférences destructives
dans la bande d’énergie interdite diminue fortement la longueur de déclin (Ld = 5µm).
Pour Pc = 5 mW [Fig. 3.11(b)], la situation est inversée et la longueur de déclin dans le fil
de gauche est fortement réduite tandis que les polaritons se propagent dans le fil de droite.
Pour Pc = 7,8 mW [Fig. 3.11(c)], nous avons vu que l’énergie de S1 est plus élevée que les
bandes d’énergie interdite des deux fils et les polaritons se propagent dans les deux fils.

A partir du déclin exponentiel dans le fil de gauche à Pc = 0,1 mW, nous pouvons
estimer le temps de vie des polaritons. Dans le cas de la figure 3.11(c), la longueur de
déclin dans chaque fil est de Ld = 35µm. La cause principale de ce déclin est l’échappement
de photons au travers des miroirs de la cavité le long de la propagation. La pente de la
dispersion à l’énergie de l’état S1 nous donne la vitesse de groupe vg = 2µm/ps du flux
de polaritons, ce qui nous permet de déduire le temps de vie des polaritons τpol = Ld/vg =
17,5 ps. Cette valeur est deux fois plus faible que la valeur nominale attendue d’après
le facteur de qualité mesuré pour cette cavité (Q ∼ 72000). Cette différence peut être
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expliquée par des photons diffusés par le désordre présent dans les fils.

(c)(b)(a)

ΔE1

Figure 3.12 – (Symboles) Directionnalité normalisée (ND) mesurée en fonction de l’aug-
mentation d’énergie ∆E1 de S1. (Courbe rouge) Valeur de ND calculée à partir des dis-
persions montrées en Fig. 3.8. Les points correspondant à la Fig. 3.9 sont indiqués par des
flèches.

Nous définissons enfin la directionnalité normalisée comme ND = Igauche−Idroite

Igauche+Idroite
, où

Igauche et Idroite sont les intensités mesurées dans les fils de gauche et de droite à l’énergie
de S1 et intégrées le long des fils. ND est positive (respectivement négative) quand les
polaritons se propagent dans le fil de gauche (respectivement de droite) et ND est nulle
quand les polaritons se propagent également dans les deux fils. La figure 3.12 montre la
variation de ND en fonction de l’augmentation d’énergie ∆E1 de S1. Nous observons une
transition continue entre la propagation dans le fil de gauche (∆E1 < 0,19 meV) puis dans
le fil de droite (0,19 meV < ∆E1 < 0,55 meV). Cette courbe est reproduite en considérant
la convolution entre la largeur de raie de l’état de l’îlot et une fonction escalier reflétant la
densité d’état des fils mesurée expérimentalement [Fig. 3.8(a,e)].

La caractérisation que nous venons de discuter a montré notre capacité à modifier de
façon sélective le couplage tunnel de l’îlot vers les fils en contrôlant l’énergie de l’état
confiné S1 grâce à la structure de bande des fils périodiques modulés.

3.3.2 Routeur à polariton
Après avoir caractérisé notre dispositif, nous montrons dans cette partie le fonctionne-

ment d’un routeur à polaritons. Ce dispositif nous permet de rediriger de manière contrôlée
les impulsions injectées dans l’îlot vers un des deux fils.

Nous utilisons pour cela deux lasers d’excitation. Le laser continu non résonant utilisé
pour caractériser le dispositif est dévolu au contrôle de l’énergie de l’état S1 avec une
puissance de contrôle variable Pc. Un laser impulsionnel résonant est utilisé pour injecter
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des polaritons à l’énergie de S1 au temps t = 0 ps. Il est focalisé sur l’îlot avec une puissance
moyenne d’injection de Pinj = 0,1 mW et son énergie est fixée à 1598,6 meV (0,3 meV au-
dessus de S1) [Fig. 3.13]. La largeur de raie de 360µeV des impulsions laser détermine la
plage spectrale sur laquelle nous sommes capables d’ajuster l’énergie de S1 en maintenant
une injection de polaritons efficace avec le laser impulsionnel.
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Figure 3.13 – (a) Émission de l’îlot résolue spatialement et spectralement. Ces mesures
sont effectuées avec une très faible puissance d’excitation (50µW ). (b,c) Émission en champ
lointain résolue spectralement des fils de gauche (b) et de droite (c). Les courbes rouges
pointillées correspondent au calcul de la dispersion en résolvant l’équation Schrödinger 2D
des polaritons. (d) Profil spectral du laser impulsionnel.

Nous montrons sur les figures 3.14(a-b) l’émission des polaritons résolue en espace et
en temps mesurée à l’aide d’une caméra streak. Lorsque la puissance de contrôle est très
faible (Pc ' 0 mW), nous avons vu précédemment que l’énergie de S1 est au niveau de
la bande d’énergie interdite du fil de droite [Fig. 3.14(c)]. Nous observons alors que les
polaritons se propagent principalement dans le fil de gauche [Fig. 3.14(a)].

À la puissance de contrôle Pc = 4,4 mW [Fig. 3.14(b)], l’énergie de S1 augmente [Fig.
3.14(d)] et la propagation dans le fil de gauche est inhibée au profit de la propagation
dans le fil de droite. Aux temps courts (inférieurs à 20 ps), un faible signal est présent
dans les deux fils. Il provient de polaritons injectés directement dans les fils par le laser
impulsionnel. Ce signal est cependant dix fois plus faible que le signal qui nous intéresse,
provenant de polaritons injectés dans l’îlot et étant transmis dans le fil par effet tunnel.
Ce signal pourrait être réduit en améliorant le couplage entre le laser et l’état dans l’îlot
S1.

L’efficacité de notre routeur à polariton dans ce schéma d’excitation à deux lasers est
illustrée par la Fig. 3.17. Grâce à l’utilisation du laser de contrôle pour moduler la popula-
tion du réservoir excitonique dans l’îlot, il est possible de choisir la direction de propagation
des impulsions de polaritons. La directionnalité normalisée ND montre ici notre capacité
à modifier de manière continue la direction de propagation du flux de polaritons transmis
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Figure 3.14 – (a-b) Émission des fils de gauche et de droite résolues spatialement et
temporellement pour Pc = 0 mW (a) et Pc = 4,4 mW (b). L’émission de l’îlot est masquée
(rectangle noir) pour éviter la lumière diffusée par le laser résonant. (c-d) Émission en
champ lointain résolue spectralement des fils de gauche (partie gauche) et de droite (partie
droite). La ligne rouge indique l’énergie de l’état S1 pour Pc = 0 mW (c) et Pc = 4,4 mW
(d). (e) Courbe noire (respectivement rouge) : émission résolue temporellement le long de
la ligne pointillée noire (respectivement rouge) dans (a). (f) Courbe noire (respectivement
rouge) : émission résolue temporellement le long de la ligne pointillée noire (respectivement
rouge) dans (b). L’échelle d’intensité est identique pour (e) et (f).

dans les fils.
La directionnalité normalisée ND est calculée à partir de l’émission intégrée spatiale-

ment et temporellement dans les fils de gauche et de droite [Fig. 3.16(b)]. L’émission est
faible à l’énergie correspondant aux bandes d’énergie interdite de chaque fil. Les points
correspondants à la figure 3.14 montrent que l’intensité de l’impulsion de polaritons est
10% plus faible dans le fil de droite à ∆E1 = 0,36 meV [Fig. 3.14(b)] [Fig. 3.14(a)]. Nous
avons pourtant mesuré une transmission tunnel deux fois plus faible dans le fil de droite
à ∆E1 = 0,36 meV que dans le fil de gauche à ∆E1 = 0 meV [Fig. 3.10(a)]. L’intensité
du faisceau de polariton se propageant dans les fils ne dépend donc pas uniquement de
la valeur de la transmission tunnel entre S1 et les deux fils. La relaxation stimulée de
polaritons du réservoir excitonique jusque S1 et le recouvrement spectral entre l’impulsion
laser incidente et l’état S1 jouent aussi un rôle. Dans notre cas, le couplage tunnel dans le
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(a)

(b)

ΔE1 (meV)

Figure 3.15 – (Symboles) Directionnalité normalisée (ND) mesurée en fonction de ∆E1.
(Courbe rouge) Valeurs de ND calculées à partir des dispersions montrées Fig. 3.8. Les
points correspondant à la Fig. 3.14 sont indiqués par des flèches.

fil de gauche est plus important à ∆E1 = 0 meV alors que le recouvrement spectral avec le
laser impulsionnel est plus important à ∆E1 = 0,36 meV. Dans notre cas, le recouvrement
spectral de S1 avec le laser impulsionnel est meilleur à ∆E1 = 0,36 meV et un réservoir
excitonique est présent. À ∆E1 = 0 meV, la transmission tunnel dans le fil de gauche
est plus importante. Ces différents facteurs se compensent et l’intensité des impulsions de
polaritons reste sensiblement identique dans notre cas de figure.

Nous voulons pour finir décrire la forme des impulsions de polaritons transmises dans
les fils. L’émission des polaritons se propageant dans chaque fil est résolue en temps et
mesurée à 48µm de l’îlot [Figs. 3.14(e-f)]. La dynamique du pic d’émission mesuré dépend
ici uniquement de la dynamique de l’état S1. Nous remarquons que cette dynamique diffère
légèrement pour les deux configurations. En particulier, le déclin de l’émission à Pc =
4,4 mW est plus long qu’en l’absence de laser de contrôle.

Pour comprendre cette différence, nous nous appuyons sur des simulations numériques
basées sur un modèle d’équations différentielles couplées. Ce modèle représente la dyna-
mique de la population NS1(t) dans l’état S1 et de la population nR(t) dans le réservoir
excitonique :

dNS1(t)
dt

= WRnR(t)(NS1(t) + 1)− NS1(t)
τS1

+ Pinj(t) (3.4)

dnR(t)
dt

= −WRnR(t)(NS1(t) + 1)− nR(t)
τR

+ Pc (3.5)

oùWR est le taux de relaxation du réservoir excitonique dans S1 et τS1 et τR sont les temps
de vie de l’état S1 et du réservoir excitonique. De plus, Pinj(t) décrit l’injection résonante
de polaritons dans l’état S1 avec une excitation impulsionnelle et Pc décrit l’excitation
continue non résonante du laser de contrôle.

Connaissant la dynamique de NS1(t), nous pouvons en déduire la propagation des
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Figure 3.16 – (a) Émission intégrée représentant la densité d’états dans les fils de gauche
(noir) et de droite (rouge). L’échelle d’énergie est identique à (b). (b) Emission intégrée
le long du fil de gauche (courbe noire) et du fil de droite (courbe rouge) en fonction de
l’augmentation d’énergie ∆E1 de S1.

polaritons dans chaque fil. Le flux de polaritons φpol(x,t) est donné par :

φpol(x,t) = NS1(t)
τtunnel

× exp
(
− |x|
vg(t)τpol

)
(3.6)

où τtunnel est le temps tunnel de l’îlot vers les fils (considéré infini au niveau des bandes
d’énergie interdite de chaque fil), τpol est le temps de vie des polaritons dans le fil et vg(t)
est la vitesse de groupe du flux de polariton. Nous savons que vg(t) = 1

~
∂E(k)
∂k

∣∣∣
E=E1(t)

et
dépend de l’énergie de S1 donnée par : E1(t) = gRnR(t) + E1(0) [Fig. 3.9(g)].

Les résultats de cette simulation nous permettent de reproduire et de mieux comprendre
nos résultats expérimentaux [Fig. 3.17]. Lorsque l’excitation pulsée résonante est la seule
à contribuer à la population de polaritons dans S1 [Figs. 3.17(a,e)], la dynamique de S1
est déterminée uniquement par les recombinaisons radiatives dans l’îlot et le transfert par
effet tunnel vers les fils. Nous considérons dans ce cas WR = 0. Les valeurs des paramètres
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de la simulation sont trouvées expérimentalement. Malgré que la mesure de la largeur de
raie de S1 soit limitée par notre résolution spectrale, nous extrayons de l’expérience [Fig.
3.10(b)] τS1 = 9 ps et τpol = 17,5 ps. Comme 1/τS1 = 1/τpol + 2/τtunnel, nous en déduisons
τtunnel = 37 ps ce qui est compatible avec la valeur attendue pour cette structure [29].
Aucun autre paramètre d’ajustement n’est utilisé pour la configuration Pc = 0 mW [Fig.
3.17(a,e)] considérant uniquement une excitation pulsée résonante.

En revanche, dans la configuration Pc = 4,4 mW [Figs. 3.17(b,f)], le second laser non
résonant peuple le réservoir excitonique, ce qui non seulement augmente l’énergie de S1
mais introduit aussi une population additionnelle dans S1 ayant une toute autre dyna-
mique. En effet, lors de l’injection résonante d’une large population de polaritons dans
S1, la relaxation d’excitons du réservoir dans l’état S1 est stimulée et la population de
polaritons NS1(t) augmente. Le temps de vie de cette population additionnelle est alors
lié non plus au temps de vie intrinsèque des polaritons mais au temps de vie du réservoir
excitonique qui est bien plus élevé.

Deux paramètres additionnels τR et WR sont requis pour reproduire le rôle du réservoir
excitonique. Le temps de vie du réservoir excitonique considéré est τR ≈ 250 ps en accord
avec la valeur mesurée dans la référence [68]. Notre paramètre d’ajustement est WR ≈
2.10−4 ps−1 et cet ordre de grandeur pour le taux de relaxation du réservoir excitonique
dans S1 semble être compatible avec la littérature [140].

En prenant l’effet du réservoir excitonique en compte dans nos simulations numériques,
il est donc possible de reproduire la dynamique de l’émission [Figs. 3.17(e,f)]. La relaxation
stimulée des excitons du réservoir vers S1 est responsable du déclin plus long observé lors
de la présence de l’excitation non-résonante [Figs. 3.17(b,f)].

Enfin, la vitesse d’opération attendue pour ce dispositif est limitée par le temps de vie
du réservoir excitonique utilisé pour aiguiller le flux de polaritons. Ce temps de vie est
typiquement de l’ordre de quelques centaines de picosecondes [68], ce qui limite la vitesse
de fonctionnement à plusieurs gigahertz. Une vitesse d’opération plus importante pourrait
être envisagée en utilisant un second laser résonant avec un état de l’îlot de plus haute
énergie (dans ce cas la vitesse d’opération serait limitée par le temps de vie des polaritons)
ou par effet Stark dynamique [168].

La durée de l’impulsion doit être prise en considération pour assurer le fonctionnement
du routeur. Elle ne doit pas excéder la séparation entre S1 et le second état de l’îlot S2
pour éviter de peupler un état qui ne sera pas affecté de la même façon par la structure
de bande. Cette séparation est de 1,3 meV pour notre dispositif, ce qui limite la durée
de l’impulsion au minimum à 0,2 ps. De plus, le recouvrement spectral entre l’état S1 et
l’énergie de l’impulsion doit être conservé lorsque l’on balaye E1. Dans notre cas, la taille
temporelle de l’impulsion peut être choisie de 0,2 à 5 ps.
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Figure 3.17 – (a-b) Émission des fils de gauche et de droite résolues spatialement et
temporellement provenant des simulations numériques correspondant aux Figs. 3.14 (a)
et (b). (c-d) Émission en champ lointain résolue spectralement des fils de gauche (partie
gauche) et de droite (partie droite). La ligne rouge indique l’énergie de l’état S1 pour Pc =
0mW (c) et Pc = 4,4mW (d). (e) Émission intégrée spatialement et résolue temporellement
intégrée du fil de gauche : comparaison entre la simulation de (a) (ligne pointillée) et
l’expérience de la Fig. 3.14 (a) (ligne continue). (f) Émission intégrée spatialement et
résolue temporellement intégrée du fil de gauche : comparaison entre la simulation de (b)
(ligne pointillée) et l’expérience de la Fig. 3.14 (b) (ligne continue).

3.4 Conclusion
Cette partie a été dédiée à l’implémentation d’un routeur à polariton à partir de la

proposition théorique de Flayac et Savenko. Cette proposition s’appuie sur les travaux
réalisés précédemment au LPN sur les fils modulés périodiquement et sur la diode tunnel
résonante.

Notre dispositif consiste en un îlot relié par deux barrières tunnel à deux fils modulés
périodiquement de période différente.

Nous avons montré dans un premier temps le contrôle optique du couplage tunnel entre
un état discret et deux fils modulés périodiquement grâce au décalage vers le bleu induit
par une excitation non résonante. L’ingénierie de la structure de bande dans les fils permet
de modifier la valeur du couplage tunnel vers chaque fil en fonction de l’énergie de l’état
confiné. On mesure de plus une modification importante de la largeur spectrale due au
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changement du couplage tunnel.
Dans un second temps, nous avons démontré le principe de fonctionnement du routeur

à polariton à l’aide d’un schéma à deux lasers d’excitation. Un laser de contrôle ajuste
l’énergie de l’état S1 et un laser impulsionnel injecte des impulsions de polaritons à l’éner-
gie de S1. Nous sommes donc capables de changer de manière continue la direction de
propagation de l’impulsion de polaritons injectée.

Notre résultat est une preuve de principe du fonctionnement d’un routeur à polaritons
qui est un des éléments constitutifs nécessaires à l’implémentation de circuits polaritoniques
visant à terme la réalisation d’ordinateurs photoniques. Les progrès dans la croissance et
la gravure des matériaux à forte énergie de liaison des excitons permettent d’envisager
l’implémentation de ces dispositifs polaritoniques à température ambiante dans un futur
proche.

En perspective, nous pourrions nous intéresser à la polarisation que nous avons évacuée
au début de cette partie. En jouant sur la géométrie de l’îlot, il est possible de modifier
la différence d’énergie entre les états de polarisation TE et TM dans l’îlot. En choisissant
avec attention les énergies de ces états de polarisation par rapport aux fils modulés, il
serait possible de réaliser un diviseur de polarisation passif dans lequel la direction de
propagation des polaritons dépend de leur polarisation.
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Chapitre 4

Dispositifs à polaritons : exploiter la
non-linéarité χ(3)

4.1 Introduction

Les polaritons de microcavité ont récemment émergé comme une nouvelle plateforme
pour les dispositifs tout optique non-linéaire. Nous avons vu que les interactions polariton-
polariton sont très fortes par rapport aux autres systèmes optiques [16, 17]. Ainsi, le seuil
de commutation d’un dispositif à polaritons promet d’être plus bas que n’importe quel
autre système ayant la même surface.

Grâce à cette non-linéarité, la bistabilité optique (élément essentiel des mémoires ul-
trarapides) a été démontrée dans différentes géométries : cavité planaire [169], micropi-
lier [170], mésas [87]. La multistabilité optique, c’est à dire la possibilité pour le système
d’avoir plus de deux états stables, a été démontrée en modifiant la polarisation [171] et
l’intensité [22] de l’excitation. Jusqu’à présent, de nombreuses preuves de principe de dis-
positifs à polaritons ont été rapportées : spin-switch [80], mémoire de spin [171], transistor
optique [172], portes logiques [172]. Néanmoins, il est toujours difficile d’intégrer ces dis-
positifs dans un réseau photonique interconnecté puisque dans ces expériences la plupart
d’entre eux ne sont pas connectés à des guides d’onde [80, 171, 172] et fonctionne grâce
à une excitation locale [80, 171, 173] (la non-linéarité optique utilisée comme mécanisme
d’interruption ou de modulation a lieu sous le spot d’un faisceau laser).

Dans ce chapitre, nous montrons un dispositif à polaritons qui remplit ces deux condi-
tions que sont la connexion aux guides d’onde et le contrôle à distance. Notre dispositif
est constitué d’un résonateur 0D comme élément non-linéaire et de deux microfils comme
interconnexions photoniques. Nous montrons dans un premier temps la bistabilité de l’état
confiné dans le résonateur. Celui-ci est excité à distance par des polaritons injectés dans
le fil d’entrée et se propageant jusqu’au résonateur. La dépendance en puissance du cycle
d’hystérésis est qualitativement étudiée. Dans un second temps, nous sommes capables
de reproduire nos résultats par deux méthodes de simulations distinctes : la théorie des
modes couplés (semi-analytique) et la résolution de l’équation de Gross-Pitaevskii 1D (nu-
mérique). L’accord de nos simulations avec l’expérience est sensible à la valeur du coeffi-
cient de non-linéarité, nous permettant d’en déduire une bonne estimation de la constante
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d’interaction polariton-polariton dans notre système. Cette mesure est cruciale pour le
développement de futurs projets exploitant la non-linéarité des polaritons et est sujet à
débat dans la communauté. Enfin, nous montrons que la non-linéarité dans notre dispositif
est suffisamment importante pour modifier le comportement des polaritons dans le guide
d’onde d’entrée et doit être pris en compte pour décrire les performances du dispositif.

4.2 Contrôle à distance de la bistabilité d’un résona-
teur 0D

Dans cette partie, nous mettons en évidence le comportement bistable de l’état de
plus basse énergie d’un résonateur 0D couplé à deux guides d’onde 1D. Nous choisissons
de réaliser une structure similaire à la diode tunnel résonante présentée plus haut [29].
Nous utilisons une cavité contenant un unique puit quantique, ce qui possède un double
avantage : les non-linéarités sont plus fortes et il est possible de réaliser l’expérience en
transmission. Nous utilisons une cavité différente, nous permettant de réaliser une excita-
tion résonante et de nous affranchir des effets d’un réservoir d’excitons. Nous détaillerons
dans un premier temps la caractérisation de la structure étudiée, puis nous démontrons la
présence d’un état bistable dans un résonateur 0D excité à distance.

4.2.1 Caractérisation du dispositif
Notre échantillon est une microcavité λ en Ga0.9Al0.1As/Ga0.05Al0.95As de facteur de

qualité Q = 33000, décrite plus en détail dans l’annexe. Un unique puit quantique en
InGaAs est inséré au centre de la cavité comme milieu actif, ce qui permet d’augmen-
ter les interactions entre polaritons. Nous mesurons un dédoublement de Rabi de 3,5 meV
caractérisant le couplage exciton-photon dans la cavité. Les microstructures 1D sont fa-
briquées par lithographie électronique et gravure ICP. Le potentiel de confinement des
polaritons V (x) le long de la microstructure est conçu en modulant la largeur W de la
structure 1D, puisque V (x) est inversement proportionnel à 1/W (x)2 [174]. Nous fabri-
quons de cette façon un résonateur rectangulaire 0D couplé à deux fils 1D utilisés comme
guides d’onde d’entrée et de sortie [Fig. 4.1(a,b)]. Le résonateur est couplé aux fils via deux
constrictions qui définissent des barrières de potentiel [Fig. 4.1(c)].

Le dispositif est excité optiquement par un laser Ti : sapphire continu et monomode,
focalisé sur un spot de 2µm avec un objectif de microscope d’ouverture numérique NA =
0,28. Un second objectif d’ouverture numérique NA = 0,55 collecte l’émission de l’échan-
tillon en transmission à travers le substrat pour s’affranchir de la plupart de la lumière pa-
rasite dans une expérience d’excitation résonante. Dans toutes les expériences qui suivent,
un polariseur est inséré dans le chemin de collection pour sélectionner uniquement l’émis-
sion ayant une polarisation linéaire perpendiculaire aux fils (modes de polaritons TE).

La microstructure est caractérisée dans un premier temps en effectuant une spectro-
scopie résonante du résonateur 0D. Elle montre une résonance qui correspond à l’état
de polariton de plus basse énergie S1 [Fig. 4.1(d)], confiné dans le résonateur. L’ajus-
tement d’une fonction lorentzienne nous permet de déduire l’énergie de l’état confiné
ES1 = 1472,0± 0,01 meV et sa largeur de raie Γ = 130± 5µeV.
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Figure 4.1 – (a) Image au microscope électronique à balayage d’une rangée de dispositifs
avec différents paramètres géométriques. (b) Schéma du dispositif étudié. (c) Potentiel de
confinement V (x) formé le long du dispositif. (d) Spectre de la transmission résonante de
l’état confiné dans le résonateur (cercles noirs). La courbe rouge est la fonction lorentzienne
ajustée. (e) Photoluminescence en champ lointain mesurée pour le fil d’entré sous excitation
non résonante. Les courbes continues sont les ajustements des branches de polariton haute
et basse. La ligne horizontale pointillée indique l’énergie de l’exciton.

Pour caractériser la structure de bande des polaritons dans les fils d’entrée et de sor-
tie, nous mesurons la photoluminescence en champ lointain sous excitation non résonante
(Elaser = 1549,8 ± 0,01 meV). La Fig. 4.1(e) montre la dispersion des états de polariton
dans l’espace réciproque et met en évidence les sous bandes 1D des branches haute et basse
des polaritons [25]. Nous nous concentrons ici sur le transport des polaritons à travers le
résonateur 0D et seuls les polaritons avec une énergie proche de ES1 seront considérés.
Autour de l’énergie ES1, la branche basse des polaritons peut être approximée par une
dispersion parabolique E1D(kx) ≈ E0 + ~2 k2

x

2m , ce qui nous permet de déterminer la masse
effective des polaritons mp ≈ 3 × 10−5me où me est la masse de l’électron libre. Pour la
structure étudiée, l’ajustement de la dispersion permet de mesurer le désaccord entre le
mode photonique 1D et l’énergie de l’exciton : δ = E0 − Eex ≈ −5,4 meV.

4.2.2 Démonstration de la bistabilité
Nous décrivons maintenant la démonstration expérimentale de la bistabilité du réso-

nateur contrôlée à distance. L’excitation résonante du guide d’onde d’entrée, à une dis-
tance de 25µm du résonateur, injecte un flux de polaritons cohérent et monochromatique
[Fig. 4.2(a)]. L’énergie du laser EL est décalée vers le bleu par rapport à l’énergie de l’état
confiné S1 d’une quantité appelée désaccord ∆ = EL − ES1. Le flux 1D de polaritons se
propage de façon balistique dans le guide d’onde jusqu’au résonateur 0D et il est ensuite
partiellement transmis dans le guide d’onde de sortie par effet tunnel à travers la double
barrière de potentiel. Pour mettre en évidence la bistabilité de l’état confiné S1, nous fixons
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l’énergie du laser d’excitation EL et nous balayons la puissance d’excitation de manière
croissante puis décroissante.

x 5

x 5

État OFF

État ON
0

0.5

1(b)
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Injection 
résonante

ninput noutputN
(a)

Figure 4.2 – (a) Schéma de l’expérience. (b)-(c) Émission de la photoluminescence résolue
spatialement pour une puissance d’excitation P = 55 mW pendant un balayage croissant
(b) et décroissant (c) de la puissance.

Les figures. 4.2(b,c) montrent l’émission mesurée le long du dispositif pour un désaccord
∆ = 270µeV et une puissance d’excitation de 55 mW, au milieu de la fenêtre d’hystérésis.
Quand la puissance a été balayée de façon croissante, l’émission du résonateur 0D est
très faible (le système est dans l’état OFF) [Fig. 4.2(b)]. Pour un balayage décroissant,
une forte densité de polaritons est mesurée dans le résonateur (le système est dans l’état
ON) [Fig. 4.2(c)]. Ces deux états possèdent une densité de polaritons très différente pour
une puissance d’excitation identique, ce qui est caractéristique de la bistabilité optique.
Notons que le profil de l’émission observée dans les fils d’entrée et de sortie est dû aux
interférences entre le flux de polaritons et sa réflexion contre la première barrière tunnel
(pour le fil d’entrée) et contre un défaut du fil à x = 25µm (pour le fil de sortie).

En mesurant l’émission le long de la structure, nous pouvons quantifier le nombre de
polaritons injectés dans le résonateur N , le coefficient de transmission à travers le dispositif
T et les flux de polaritons d’entrée. Les détails de cette calibration sont donnés plus loin
(section 4.3.2).

L’évolution de ces quantités mesurées est rapportée dans les Figs. 4.3(a),(b) pour un
balayage croissant et décroissant de la puissance, mettant en évidence des cycles d’hys-
térésis bien définis. Cette bistabilité optique [175] est due à la non-linéarité du système
provenant des interactions polariton-polariton [169].

Ces cycles d’hystérésis peuvent être compris de façon qualitative de la façon suivante.
Pour que l’effet tunnel à travers la double barrière de potentiel soit efficace, il faut que
l’énergie du flux de polariton incident soit résonant avec l’énergie de S1. En effet, le nombre
de polaritons transmis dans le résonateur par couplage tunnel est déterminé par le recou-
vrement entre la raie de l’excitation laser et celle de l’état confiné S1. Pour une faible
puissance d’excitation (inférieure à 50 mW), le nombre de polaritons transmis est très
faible car l’énergie du flux de polariton est décalée vers le bleu de plus de deux largeurs de
raie (∆ = 270µeV > 2Γ) par rapport à S1. Dans ce cas, la majeure partie du flux incident
est réfléchie et N et T sont très faibles [Figs. 4.3(a),(b)].
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Figure 4.3 – (a)-(b) Mesure du nombre de polaritons dans le résonateur (a) et du co-
efficient de transmission (b) en fonction de la puissance d’excitation pour un balayage
croissant (carrés noirs) et décroissant (cercles rouges). (c)-(d) Simulations de (a)-(b) par
résolution de l’équation de Gross-Pitaevskii 1D.
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En augmentant la puissance d’excitation de manière continue, N augmente et l’état
confiné S1 est progressivement décalé vers le bleu grâce aux interactions entre polaritons
dans le résonateur. À partir d’un certain seuil de puissance P2 = 64 mW, ce décalage amène
l’énergie de S1 suffisamment proche de la résonance avec le flux de polaritons incident pour
enclencher une rétroaction positive augmentant brusquement l’énergie de S1 jusqu’à réso-
nance. Le transport à travers la structure augmente alors abruptement [Figs. 4.3(a),(b)].
En augmentant encore la puissance d’excitation, nous observons que le nombre de polari-
tons N stagne et la transmission T à travers la structure diminue. En effet, la résonance
étant déjà atteinte, chaque polariton ajouté au résonateur contribue à augmenter l’éner-
gie de l’état S1 et à l’éloigner de la résonance avec le flux de polaritons incidents. Cette
rétroaction négative contribue à augmenter le nombre de polaritons réfléchis et diminue la
transmission T . En balayant ensuite la puissance de façon décroissante, l’énergie de l’état
confiné S1 reste fixée à résonance pour des puissances plus faible que P2, jusqu’à éventuel-
lement revenir à l’état initial hors résonance à partir du seuil de puissance P1 = 51 mW
[Figs. 4.3(a),(b)].

Ces résultats sont très bien reproduits par la résolution numérique de l’équation de
Gross-Pitaevskii 1D, décrite plus en détail dans la section 4.4.1. Le comportement calculé
du nombre de polariton N et de la transmission à travers la structure est montré par les
Figs. 4.3(c),(d).
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Figure 4.4 – Nombre de polaritons mesurés dans le résonateur en fonction de la puissance
d’excitation pour différents désaccords ∆. Les symboles pleins (vides) représentent un
balayage croissant (décroissant) de la puissance d’excitation.

Cette expérience a été réalisée pour différentes valeurs de l’énergie du laser d’excitation
et les résultats sont montrés sur la Fig. 4.4. Comme prévu par la théorie des modes couplés,
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nous ne mesurons pas d’hystérésis pour un désaccord ∆ <
√

3
2 Γ = 114µeV. Au-delà de cette

valeur, la puissance d’excitation nécessaire pour atteindre la fenêtre d’hystérésis augmente
avec le désaccord ∆ car l’énergie d’interaction augmente ainsi que le nombre de polaritons
à injecter dans l’îlot pour l’amener à résonance.

Ainsi, le nombre de polaritons dans le résonateur nécessaires au passage de l’état OFF
à l’état ON augmente avec le désaccord. Ce comportement est étudié plus en détail dans
la section suivante et nous permet d’estimer la valeur des interactions polariton-polariton
dans notre système.

Nous avons mis en évidence dans cette section le comportement bistable de l’état confiné
dans un résonateur depuis une excitation dans un guide d’onde. À l’aide de simulations
analytiques et numériques, nous allons voir que l’analyse de ces mesures nous permet
d’estimer la constante d’interaction du système.

4.3 Mesure de la constante d’interaction
La constante d’interaction polariton-polariton est un paramètre crucial dans toutes les

expériences non-linéaires réalisées sur les polaritons. Sa valeur est cependant difficile à
mesurer avec précision dans le cas d’une excitation non résonante. Un réservoir d’exciton
est en effet créé et son interaction avec les polaritons masque les interactions polariton-
polariton. Il est possible de réduire la contribution du réservoir en le séparant spatialement
du condensat de polaritons, ce qui a permis de mesurer la contribution des interactions
polariton-polariton dans l’expérience de L. Ferrier et al. [20].

En général, la physique des polaritons est décrite par une approximation en champ
moyen et l’énergie d’interaction est proportionnelle au nombre de polaritons. La difficulté
de la mesure de la constante d’interaction réside donc dans la calibration du nombre de
polaritons N dans le système, ce qu’il est plus facile de réaliser dans un micropilier que
dans une cavité planaire. La valeur de la constante mesurée dans l’expérience de L. Ferrier
et al. [20] est du même ordre de grandeur que la valeur théorique attendue [77] et nous
espérons obtenir une valeur plus précise pour notre dispositif grâce à notre méthode.

4.3.1 Caractérisation du temps de vie radiatif des polaritons et
du temps tunnel

La spectroscopie résonante du résonateur 0D montre le profil lorentzien de la largeur de
raie Γ = 130 ± 5µeV [Fig. 4.1(d)]. Cette largeur de raie possède plusieurs contributions :
le taux de déclin γ des photons hors de la cavité et le taux d’échappement 2γtunnel des
polaritons à travers les deux barrières tunnel [Fig. 4.5(a)].

Pour mesurer séparément γ, nous effectuons la même spectroscopie résonante sur un
micropilier isolé circulaire de 4µm de diamètre, présent dans le voisinage de notre struc-
ture sur le même échantillon [Fig. 4.5(b)]. Les cercles rouges sur la Fig. 4.5(c) montrent
l’intensité de l’émission en fonction du désaccord ∆ = Elaser − Epilier et nous trouvons
une largeur de raie γ = 45± 2µeV, correspondant à un facteur de qualité Q = 33000 qui
est le facteur de qualité nominal de notre échantillon. Connaissant γ, nous en déduisons
γtunnel = 1

2(Γ− γ) ' 43± 3µeV.
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Figure 4.5 – (a) Schéma des différents mécanismes d’échappement des polaritons hors
du résonateur. (b) Le mécanisme d’échappement principal est la perte radiative pour un
pilier de 4µm de diamètre. (c) Spectre de transmission résonante de l’état confiné S1
du résonateur 0D (carrés noirs) et d’un micropilier adjacent (cercles rouges). Les courbes
représentent un ajustement par une fonction lorentzienne.

Pour vérifier nos valeurs de pertes, nous résolvons numériquement l’équation GP-1D
[équation 4.7] dans le régime linéaire (c’est à dire lorsque l’énergie d’interaction est beau-
coup plus faible que l’énergie cinétique). Nous choisissons d’abord d’implémenter les pertes
radiatives mesurées (γ = 45µeV). Les résultats de la simulation montrent une largeur de
raie totale Γavec pertes = 136µeV qui reproduit parfaitement nos mesures [Fig. 4.6(a)]. Nous
supprimons ensuite les pertes radiatives (γ = 0µeV) pour isoler la contribution des pertes
par effet tunnel dans la valeur de la largeur de raie simulée Γsans pertes = 90µeV, qui
reproduit la valeur attendue pour 2× γtunnel [Fig. 4.6(b)].
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108



4.3.2 Extraction du nombre de polaritons
En mesurant l’intensité absolue de l’émission des polaritons, nous sommes capables

d’extraire la population de polaritons. Il faut pour cela déterminer l’efficacité de collection
de notre dispositif expérimental, le taux d’émission et le taux d’extraction des polaritons
en dehors de la microcavité.

P

Laser continu à l’énergie de 
l’émission des polaritons

Eléments optiques 
du dispositif de 

détection

Caméra CCD

Figure 4.7 – (a),(b) Calibration de l’efficacité de l’expérience en utilisant un laser continu
monomode comme référence. (c) Dépendance en puissance de la photoluminescence d’un
micropilier sous excitation non résonante dans un échantillon différent (microcavité avec
12 puits quantiques).

Le laser monomode Ti :sapphire, ajusté à l’énergie de l’émission des polaritons, est uti-
lisé comme référence pour calibrer l’efficacité de la collection de notre système de détection.
Ce signal suit le même chemin optique que le signal provenant de l’émission des polaritons
dans l’expérience et est collecté avec la même caméra CCD [Fig. 4.7(a)]. La Fig. 4.7(b)
présente l’intensité intégrée sur la caméra CCD : NCCD =

∫
signal dxdyI(x,y) en fonction

de la puissance d’entrée P pour un temps d’intégration t0 = 1,2 s. Nous en déduisons :
P = P0 ×NCCD avec P0 = 3 pW.

La puissance d’émission P1pol par polariton unique est donnée par P1pol = Epol

τ
où Epol

est l’énergie des polaritons (Epol = 1472 ± 0,01 meV) et τ est le temps de vie radiatif des
polaritons (τ = ~

γ
= 14,6 ± 1 ps). Pour ces valeurs, nous obtenons : P1pol = 16,1 ± 1 nW.

Enfin, l’échantillon étudié est une cavité de Fabry-Pérot symétrique et seulement la moitié
de l’émission se retrouve du côté transmis (η = 0,5) et peut être détectée.

Donc à partir de l’intensité intégrée de la caméra CCD, nous pouvons extraire le nombre
de polaritons :

N = 1
η
× P0

P1pol
×NCCD = 1

η
× P0.τ

Epol
×NCCD = NCCD

2648 (4.1)

Pour vérifier notre méthode de calibration, nous l’utilisons pour extraire le nombre de
polaritons dans un micropilier au seuil de condensation, sachant que nous attendons au seuil
une population de l’ordre d’un polariton. L’échantillon utilisé pour ces vérifications est celui
étudié dans la référence [20], qui a le même facteur de qualité que celui que nous étudions
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(τ = 14,6 ± 1 ps) mais avec 12 puits quantiques (dédoublement de Rabi Ω = 15 meV)
et une cavité asymétrique, ce qui implique η = 2/3 en réflexion. Par conséquent, nous
obtenons pour cet échantillon de test N = NCCD

3530 . La Fig. 4.7(c) montre la dépendance
en puissance de l’intensité de la photoluminescence d’un pilier de 4µm de diamètre sous
excitation non-résonante. Au seuil de condensation, l’intensité mesurée par la CCD s’élève
àN seuil

CCD = 6738, correspondant au nombre de polaritons au seuilN seuil ' 1,91. Cette valeur
correspond à l’ordre de grandeur attendu et valide donc notre méthode de calibration.

Notre méthode ne nous permet pas de mesurer avec une très grande précision le nombre
de polaritons dans la cavité mais nous donne un bon ordre de grandeur, consistant avec
les simulations GP-1D. Nous obtenons alors une estimation consistante de la constante
d’interaction.

À partir de la calibration présenté plus haut [équation (4.1)], nous pouvons extraire la
population de polaritons dans le résonateur N , la densité moyenne des polaritons en entrée
nin et en sortie nout :

N = 1
2648 ×

∫∫
résonateur

dxdyI(x,y)

et
nin = 1

2648
1
δL
×

∫∫
δL avant la 1e barrière

dxdyI(x,y)

nout = 1
2648

1
δL
×

∫∫
δL après la 2e barrière

dxdyI(x,y)

4.3.3 Calcul des interactions de polaritons g1D et g0D à partir de
gexc

L’origine de la non-linéarité des polaritons vient des interactions exciton-exciton gexc,
donc l’interaction des polaritons dans une microcavité planaire est donnée par g2D = gexc×
P 2
exc, où Pexc = |X|2 est le poids excitonique (X est le coefficient de Hopfield correspondant

à la partie excitonique).
Pour des polaritons 1D se propageant le long de l’axe x (polaritons dans les guides d’en-

trée et de sortie), le profil transverse normalisé est donné par φc(y) =
√

2/Wfil cos(πy/Wfil)
à cause du confinement latéral, comme détaillé dans la référence [176]. Le coefficient d’in-
teraction 1D est donc donné par :

gfil1D = g2D ×
∫ Wfil/2

−Wfil/2
dy|φc(y)|4 = 1,5

Wfil

× g2D

gfil1D = 1,5
Wfil

× P 2
exc × gexc

Pour des polaritons 0D confinés dans un résonateur de taille Lx ×Ly [177], la fonction
photonique normalisée est donnée par φc(x,y) = 2/Arésonateur cos(πx/Lx). cos(πy/Ly). Le
coefficient d’interaction 0D est donc donné par :

g0D = g2D ×
∫ Lx/2

−Lx/2
dx
∫ Ly/2

−Ly/2
dy|φc(y)|4 = 2,25

Arésonateur
× g2D
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g0D = 2,25
Arésonateur

× P 2
exc × gexc

Pour simplifier la simulation détaillée plus loin, nous utilisons une valeur moyenne le
long du dispositif pour l’équation GP-1D :

grésonateur1D = g0D × Lx

grésonateur1D = 2,25
Ly
× P 2

exc × gexc (4.2)

Nous connaissons l’aire du résonateur et le poids excitonique des polaritons, la mesure
des interactions dans notre dispositif nous permettra donc de remonter à la constante
d’interaction exciton-exciton gexc.

4.4 Simulation analytique : théorie des modes couplés
Dans cette section, nous décrivons le calcul des populations de polaritons NON et NOFF

à partir de la théorie des modes couplés (références [178, 179]), réalisés par Hai-Son Nguyen.
Notre système est composé d’un résonateur 0D couplé à deux guides 1D d’entrée et de
sortie, modélisé suivant le schéma en Fig. 4.8.
|φi|2, |φr|2 et |φt|2 sont respectivement les flux incident, réfléchi et transmis ; γtunnel est le
taux de couplage tunnel, γrad est le taux d’échappement des photons en dehors de la cavité
et Γ = 2γtunnel + γrad. L’équation représentant l’évolution de l’état du résonateur ψ(t) est
donnée par :

i~
dψ(t)
dt

=
[
−ω0 −

i

2Γ− g0D |ψ(t)|2
]
ψ(t)− ~φi(t) (4.3)

où ω0 est l’énergie de l’état confiné dans le résonateur.

𝜙i (t)
𝜙r (t)

𝜙t (t)gtunnel
gtunnel

𝜓(t)

gphoton

Figure 4.8 – Schéma représentant le potentiel 1D de la structure, les flux de polaritons
incident et transmis φ et les taux d’échappement tunnel γtunnel et radiatif γrad.

Nous nous plaçons dans le régime stationnaire déterminé par le laser d’excitation d’éner-
gie ~ωl en mode continu. Nous avons alors dψ(t)

dt
= iωlψ(t) et nous obtenons :

N = |ψ(t)|2 = ~γtunnel |φi(N)|2

(∆− g0DN)2 + (Γ/2)2 (4.4)
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∆ = ωl−ω0 est le désaccord en énergie entre le flux d’entrée et l’état 0D et nous définissons
Φi(N) = |φi(N)|2. Sans non-linéarité (g0D = 0), nous reconnaissons un profil lorentzien de
largeur de raie Γ.

Dans le régime de bistabilité (g0D > 0), les limites du cycle d’hystérésis correspondent
à dN

dΦi(N) = ∞, donc dΦi(N)
dN

= 0. ∆ est fixé et Φi(N) est parcouru de façon croissante et
décroissante.

À partir de l’équation (4.4), nous savons que Φi(N) = 1
~γtunnel

[(∆− g0DN)2 + (Γ/2)2]N
donc les sauts d’hystérésis correspondent à :

dΦi(N)
dN

= 1
γtunnel

[3g2
0DN

2 − 4∆g0DN + (Γ/2)2 + ∆2] = 0 (4.5)

Trois solutions existent pour cette équation, deux solutions stables et une instable, à
la condition suivante :

g2
0D

(
∆2 − 3Γ2

4

)
≥ 0 ⇔ ∆ ≥

√
3

2 Γ (4.6)
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Figure 4.9 – (a)-(c) Nombre de polaritons N en fonction du flux incident Φi pour les trois
régimes de solutions possibles donnés par la condition 4.6.

Lorsque cette condition de bistabilité est satisfaite, les solutions de l’équation (4.5)
qui décrivent les populations du résonateur aux deux seuils (off → on et on → off)
[Fig. 4.9(c)] sont :

NOFF ≡ N off→on
OFF = 2

3g0D

∆− 1
2

√
∆2 − 3Γ2

4


N on→off
ON = 2

3g0D

∆ + 1
2

√
∆2 − 3Γ2

4


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Les deux seuils correspondent aux valeurs du flux Φi suivantes :

Φoff→on = 2
27

∆3

~g0Dγtunnel

2−
√

1− 3Γ2

4∆2

1 + 3Γ2

4∆2 + 2
√

1− 3Γ2

4∆2


Φon→off = 2

27
∆3

~g0Dγtunnel

2 +
√

1− 3Γ2

4∆2

1 + 3Γ2

4∆2 − 2
√

1− 3Γ2

4∆2


Les secondes solutions correspondant aux flux Φoff→on et Φon→off au niveau des sauts

d’hystérésis [Fig. 4.9(c)] sont données par :

N on→off
OFF = 2

3g0D

∆−
√

∆2 − 3Γ2

4


NON ≡ N off→on

ON = 2
3g0D

∆ +
√

∆2 − 3Γ2

4


Le saut d’hystérésis lors de la décroissance du flux incident de polariton est plus difficile

à mesurer expérimentalement car l’instabilité intrinsèque lors de l’expérience peut pertur-
ber l’alignement optimal et causer un saut de l’état ON à l’état OFF avant d’atteindre le
seuil critique Φoff→on. Nous comparons donc les valeurs calculées de NON et NOFF avec
celles mesurées expérimentalement. Les paramètres intervenant dans ces formules ont été
préalablement mesurés, excepté la valeur de g0D qui sera notre variable d’ajustement.

La principale approximation de cette méthode est d’ignorer la non-linéarité en dehors
du résonateur. Nous verrons que cette approximation est en partie justifiée, mais certains
détails de notre expérience nécessitent de considérer la non-linéarité dans les guides d’onde
pour être parfaitement compris.

4.4.1 Simulation numérique : équation de Gross-Pitaevskii 1D
Pour simuler quantitativement cette expérience, la non-linéarité dans le résonateur 0D

et dans les guides d’onde doit être prise en compte. Nous utilisons pour cela l’équation
généralisée de Gross-Pitaevskii 1D (GP-1D), qui est une équation de Schrödinger non-
linéaire incluant les interactions entre polaritons et des termes de pompe et de pertes [81] :

i~
∂φ(x,t)
∂t

=
[
− ~2

2m∇
2 + V (x)− i

2γ + grésonateur1D (x) |φ(x,t)|2
]
φ(x,t) + Fpompe(x,t) (4.7)

où φ(x,t) est la fonction d’onde des polaritons et |φ(x,t)|2 est la densité des polaritons,
proportionnelle à l’intensité de l’émission. V (x) est le potentiel externe appliqué aux pola-
ritons (cf Fig. 4.1(c)) et γ est le temps de vie des photons dans notre cavité. Fpompe(x,t) est
le terme de pompe résonant correspondant à nos conditions d’excitation (spot gaussien de
2µm distant de 25µm du résonateur). Finalement, grésonateur1D (x) est la constante d’interac-
tion 1D des polaritons calculée plus haut [équation (4.2)]. Les simulations numériques ont
été réalisées par Hai-Son Nguyen grâce au code de Iacopo Carusotto. Le seul paramètre
d’ajustement dans le modèle est la constante d’interaction exciton-exciton gexc que nous
voulons mesurer.
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4.4.2 Comparaison des mesures et des simulations
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Figure 4.10 – (a) Nombre de polaritons mesuré dans le résonateur 0D en fonction de la
puissance d’excitation pour différents désaccords ∆ et pour un désaccord exciton-photon
δ ≈ −5.4 meV. (b) Valeurs extraites de NOFF (carrés rouges) et de NON (carrés bleus) en
fonction de ∆. Les lignes continues sont calculées analytiquement à partir de la théorie des
modes couplés. Les cercles rouges (bleus) sont extraits du calcul numérique de NOFF et de
NON par l’équation de Gross-Pitaevskii 1D.

Le comportement de ce dispositif est sensible à la valeur de l’interaction polariton-
polariton et nous utilisons cette expérience pour estimer la constante d’interaction des
polaritons.

Nous proposons tout d’abord d’analyser l’évolution des nombres de polaritons NON et
NOFF mesurés au seuil de passage de l’état OFF à l’état ON [Fig. 4.9(c)] en fonction de
∆, le désaccord en énergie entre le laser de pompe et l’état S1 du résonateur 0D.

Les principaux paramètres du dispositif étudié dans la section 4.2 sont rappelés ici.
Le désaccord exciton-photon est δ ≈ −5.4 meV, correspondant à un poids excitonique des
polaritons Pexc = 8%, et le temps de vie des photons dans la cavité est γ = 45± 2µeV (cf
section 4.3.1).

La Fig. 4.10(a) présente le nombre absolu de polaritons mesuré dans le résonateur
pour différentes valeurs de ∆ en fonction de la puissance d’excitation pour un balayage
croissant. Une augmentation abrupte du nombre de polaritons est observée pour tous les
désaccords, excepté ∆ = 80µeV. Cela respecte la condition donnée par la théorie des modes
couplés pour obtenir la bistabilité optique : ∆ >

√
3/2Γ [voir équation (4.6)], équivalent à

∆ > 114µeV pour notre dispositif.
Pour chaque valeur de ∆, nous mesurons NOFF et NON , respectivement la population

dans le résonateur juste avant et juste après le passage à l’état ON. Ces valeurs sont
rapportées dans la Fig. 4.10(b) avec les valeurs calculées analytiquement par la théorie des
modes couplés et numériquement en résolvant l’équation de Gross-Pitaevskii 1D, avec dans
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les deux cas comme seule variable d’ajustement la valeur de gexc. Un bon accord est trouvé
entre l’expérience et les simulations pour une même valeur de la constante d’interaction
exciton-exciton gexc = 36± 5µeV.µm2, correspondant à grésonateur1D = 45± 7 neV.
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Figure 4.11 – (a) Nombre de polaritons mesuré dans le résonateur 0D en fonction de la
puissance d’excitation pour différents désaccords ∆ et pour un désaccord exciton-photon
δ ≈ −2.7 meV. (b) Valeurs extraites de NOFF (carrés rouges) et de NON (carrés bleus) en
fonction de ∆. Les lignes continues sont calculées analytiquement à partir de la théorie des
modes couplés. Les cercles rouges (bleus) sont extraits du calcul numérique de NOFF et de
NON par l’équation de Gross-Pitaevskii 1D.

Pour vérifier la dépendance de la constante d’interaction au poids excitonique des pola-
ritons, nous reproduisons l’expérience pour un second dispositif. Sa structure est identique
et le désaccord exciton-photon est choisi plus élevé δ ≈ −2.7 meV, correspondant à un
poids excitonique des polaritons Pexc = 19%, et le temps de vie des photons dans la cavité
est de γ = 71± 3µeV.

En augmentant le poids excitonique des polaritons, nous nous attendons à ce que la
valeur des interactions grésonateur1D augmente proportionnellement au carré du poids exci-
tonique Pexc, selon la formule de l’équation (4.2). Nous remarquons sur la Fig. 4.11(a)
que les nombres de polaritons NOFF et NON mesurés sont plus faibles que précédemment,
ce qui indique que la constante d’interaction est plus importante. Cependant les simula-
tions décrivent cette fois moins bien les mesures [Fig. 4.11(b)] et nous les ajustons par la
constante grésonateur1D = 150 ± 25 neV, correspondant à une valeur de gexc 40% plus faible
qu’auparavant : gexc = 21± 3µeV.µm2.

Nous n’avons pas conduit une étude exhaustive de la dépendance au poids excito-
nique et nous ne pouvons donc pas conclure sur la pertinence de cette différence mesurée.
Nous montrons en revanche que la tendance à l’augmentation de la constante d’interaction
grésonateur1D pour un poids excitonique plus élevé est respectée et que cette méthode permet
de mesurer la constante d’interaction exciton-exciton gexc.

Dans les deux cas, l’approche analytique donne des résultats très proches de ceux
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obtenus par la résolution numérique de l’équation de Gross-Pitaevskii, confirmant que seule
la non-linéarité dans le résonateur influe sur le comportement bistable du dispositif. La
valeur que nous trouvons pour la constante d’interaction est en bon accord avec les résultats
expérimentaux de L. Ferrier et al. [20] et de S. Rodriguez et al. [22], ainsi qu’avec les
prédictions théoriques de C. Ciuti et al. [16, 17], qui suggéraient gexc = 3e2λB

εε0
∼ 20µeV.µm2

où λB ∼ 5nm est le rayon de Bohr des excitons 2D et ε ∼ 13 est la permittivité relative du
puit quantique. Bien que sa valeur précise soit difficile à mesurer, nous sommes confiants
sur l’ordre de grandeur de gexc dans nos structures, de l’ordre de plusieurs dizaines de
µeV.µm2.

4.5 Non-linéarité dans les guides d’onde
Nous voulons maintenant discuter l’existence et le rôle de la non-linéarité des pola-

ritons dans le guide d’onde d’entrée. Nous détaillons dans un premier temps la mesure
expérimentale des flux de polaritons puis nous mettons en évidence expérimentalement la
contribution de la non-linéarité dans les guides d’onde.

4.5.1 Extraction des vecteurs d’onde ki/t, des flux φi/t et du co-
efficient de transmission T

-5 -4 -3 -2 -1
0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

In
te

n
s
it
é

 (
a

.u
.)

x (µm)

0

1x10
5

2x10
5

3x10
5

4x10
5

5x10
5

-10 -5 0 5 10
0

1x10
5

2x10
5

3x10
5

4x10
5

5x10
5

k
out

k
in

55 mW (scan croissant)

In
te

n
s
it
é

 (
a

.u
.)

k
in

k
out

55 mW (scan décroissant)

In
te

n
s
it
é

 (
a

.u
.)

x (µm)

(a)

(b)

(c)

V
(x

)

Résonateur Guide de sortieGuide d’entrée

Figure 4.12 – (a)-(b) Profil spatial J(x) de l’émission obtenu à la puissance d’excitation
P = 55 mW, pour un balayage croissant (a) et décroissant (b). (c) Profil spatial J(x) ajusté
par la fonction A+Bsin(Cx) (A = 18 ; B = 10,8 ; C = 1,6).
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Les figures 4.12(a),(b) montrent le profil spatial J(x) de l’émission dans les états OFF
(a) et ON (b) pour une même puissance d’excitation P = 55 mW. Nous pouvons ajuster
ce profil J(x) =

∫
fil
dyI(x,y) avec la fonction A + Bsin(Cx) pour les signaux d’entrée

et de sortie (les premiers 10µm avant et après la double barrière) comme montré sur la
Fig. 4.12(c). Nous obtenons le vecteur d’onde k et le coefficient de réflexion R :

k = C/2 et R =
(1−D

1 +D

)2
avec D =

√
A−B
A+B

Donc :
ki/t = k (ajustement pour 10µm avant/après la double barrière)
Ri/t = R (ajustement pour 10µm avant/après la double barrière)
La vitesse du flux est donnée par : ~k = mv donc vi/t = ~ki/t

mp
. Nous obtenons donc ki et

kt, Ri et Rt en effectuant cet ajustement 10µm avant et après la double barrière. Nous
déduisons la vitesse du flux : vi/t = ~ki/t

mp
. Les flux de polaritons s’écrivent alors :

φi/t = ni/t
1 +Ri/t

× vi/t

Le coefficient de transmission est donné par : T = φt

φi
.

4.5.2 Non-linéarité du guide d’onde d’entrée
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Figure 4.13 – (a) Mesure des flux de polaritons incident φi et transmis φt en fonction de
la puissance d’excitation pour un balayage croissant (carrés noirs) et décroissant (cercles
rouges). (b) Simulations correspondantes en résolvant de l’équation de Gross-Pitaevskii
1D.
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Nous revenons au dispositif étudié dans la section 4.2 et nous montrons en Fig. 4.13 la
mesure et la simulation des flux de polaritons incident φi et transmis φt. Nous observons que
la mesure de φi présente un cycle d’hystérésis très petit, contrairement à φt [Fig. 4.13(a)].
Ces résultats sont parfaitement reproduits par la simulation GP-1D [Fig. 4.13(b)], ce qui
confirme que la bistabilité observée est essentiellement due à la non-linéarité dans le ré-
sonateur 0D. La région d’excitation du fil d’entrée influence très peu le phénomène de
bistabilité dans notre cas, d’où l’appellation de bistabilité contrôlée à distance.

Néanmoins nous mettons en évidence ici la présence d’interactions significatives dans le
fil d’entrée en mesurant le vecteur d’onde des polaritons dans les guides d’onde en fonction
de la puissance d’excitation [Fig. 4.14(a)].
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Figure 4.14 – (a) Vecteurs d’onde mesurés expérimentalement ki dans le fil d’entrée et
kt dans le fil de sortie en fonction de la puissance d’excitation. (b) Valeurs calculées de ki
et kt par la résolution numérique de l’équation de Gross-Pitaevskii 1D. (c) Simulation du
nombre de polaritons dans le résonateur 0D en fonction de la puissance d’excitation pour
différentes valeurs de la constante d’interaction 1D des polaritons.

En effet, sous une excitation cohérente, l’énergie totale des polaritons est fixée par
l’énergie du laser de pompe Epump, qui s’écrit Epump = E1D(kx) + Eint où E1D(kx) est
l’énergie cinétique des polaritons et Eint = gfil1DN est l’énergie d’interaction. En mesurant
la valeur de kx, nous pouvons déduire la valeur de Eint [30]. La Fig. 4.14(a) montre la valeur
mesurée des vecteurs d’onde ki/t correspondant aux flux incident/transmis obtenus durant
l’expérience présentée en Fig. 4.3. Ces valeurs sont extraites comme décrit précédemment à
partir des franges d’interférences mesurées dans les fils d’entrée et de sortie [Fig. 4.12]. Nous
observons une augmentation abrupte de ki au-dessus d’une puissance P2, simultanément
au passage abrupt du résonateur 0D dans l’état ON, pour un balayage croissant de la
puissance, et de façon similaire une diminution abrupte de ki à P1 pour un balayage
décroissant.

Ce comportement indique clairement que l’énergie d’interaction n’est pas négligeable
dans le fil d’entrée et change au cours du cycle d’hystérésis. Quand le résonateur passe
dans l’état ON, la transmission des polaritons augmente et la réflexion diminue. La densité
totale des polaritons dans le fil d’entrée diminue donc et l’énergie d’interaction est réduite,
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ce qui entraîne l’augmentation de ki observée. Le processus inverse se déroule quand le
résonateur passe de l’état ON à l’état OFF et ce comportement est bien reproduit dans
nos simulations numériques en Fig. 4.14(b). La densité des polaritons dans le fil de sortie
est toujours faible et nous ne mesurons pas de changement significatifs de kt. L’énergie
d’interaction dans le fil de sortie est donc négligeable et l’énergie cinétique reste fixe.
Notons que le vecteur d’onde ki mesuré dans le fil d’entrée reste toujours plus faible que
kt pour toute la gamme de puissance observée, ce qui montre que l’énergie d’interaction
ne peut jamais être complètement négligée.

Pour mieux comprendre le rôle des interactions dans le fil d’entrée, nous résolvons
l’équation GP-1D [équation 4.7] en variant fortement la non-linéarité dans le fil d’entrée
gfil1D dans la Fig. 4.14(c). La constante d’interaction dans le résonateur grésonateur1D est gardée
constante. Les nombres de polaritons NOFF et NON (juste avant et après le saut vers l’état
ON) restent en revanche inchangés avec l’augmentation de gfil1D, ce qui confirme que seule
la valeur de grésonateur1D détermine le comportement bistable du dispositif.

Remarquons que la puissance d’excitation permettant d’atteindre une certaine popu-
lation de polaritons augmente avec gfil1D. En effet, l’énergie d’interaction Eint est propor-
tionnelle à gfil1D et augmente au détriment de l’énergie cinétique des polaritons E1D(kx). La
diminution de l’énergie cinétique signifie que les polaritons se propagent plus lentement
et prennent plus de temps à atteindre le résonateur. Le temps de vie des polaritons étant
fini (τ = 14,6 ps), une fraction de la population s’échappe de la cavité du fil d’entrée et le
nombre de polaritons parvenant jusqu’au résonateur diminue avec le temps de propagation.
À partir de 1,5 × gfil1D, la population de polaritons atteignant le résonateur est plus faible
que NOFF et le saut vers l’état ON n’est plus possible dans notre configuration. La valeur
de gfil1D est dans notre cas suffisamment faible pour éviter cet effet, mais ce mécanisme
réduit tout de même l’efficacité globale du dispositif en ralentissant le flux de polaritons.

Ainsi, même s’il est préférable d’avoir une non-linéarité forte pour diminuer l’énergie
nécessaire à l’opération du dispositif, il ne faut pas qu’elle soit trop forte dans le fil d’entrée
sans quoi il est impossible de contrôler le dispositif à distance. Il y a donc un compromis à
trouver entre la non-linéarité et l’excitation à distance pour atteindre l’efficacité optimale
du dispositif.

4.6 Porte logiques polaritoniques

Nous venons de montrer dans la section précédente la présence d’une forte non-linéarité
dans notre système permettant d’obtenir la bistabilité optique. La géométrie du dispositif
que nous avons fabriqué permet d’envisager la réalisation de nombreux composants avec
différentes fonctionnalités. En effet, cette plateforme est composée d’un résonateur présen-
tant une non-linéarité importante relié à des guides d’ondes, ce qui la rend très modulaire.
Elle peut être utilisée pour réaliser différents composants photoniques intégrés.
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4.7 Portes logiques photoniques
Les portes logiques permettent de réaliser les calculs élémentaires nécessaires au trai-

tement de l’information. Depuis les années 80, la taille de ces transistors électroniques n’a
cessé de diminuer de manière exponentielle, selon la célèbre loi de Moore, entraînant une
rapide croissance de la puissance de calcul des microprocesseurs. Les succès importants
de l’informatique électronique "classique" n’ont pas empêché de nombreuses personnes de
travailler à l’avènement de l’informatique photonique. Cet intérêt est provoqué par le fait
que les électrons sont des particules lourdes et lentes qui interagissent fortement avec leur
environnement, contrairement aux photons qui sont des particules légères et rapides, ce
qui réduirait théoriquement la consommation et le dégagement de chaleur d’un micropro-
cesseur. L’obstacle majeur à l’informatique photonique est la très faible interaction des
photons avec leur environnement, ce qui se traduit par une valeur de non-linéarité très
faible qui ne permet pas d’implémenter des fonctions logiques complexes dans des disposi-
tifs miniaturisés. Deux approches différentes ont été implémentées pour tenter de réaliser
des dispositifs fonctionnels : l’utilisation d’interférences entre deux faisceaux guidés, qui
nécessite un contrôle précis de la phase des faisceaux d’excitation, et l’augmentation de la
non-linéarité en piégeant les photons dans des cavités (microdisques [159], guides d’onde
plasmoniques [180, 181], cristaux photoniques [182]...).

Les polaritons ont l’avantage de posséder de fortes interactions non-linéaires, ce qui en
fait un système intéressant pour la réalisation de fonctions plus complexes. Nous avons
déjà démontré plus haut un dispositif pouvant être utilisé comme mémoire, l’état bistable
en état ON ou OFF agissant comme une valeur 0 ou 1 pour le bit stocké. Les preuves de
principe de nombreux dispositifs ont été réalisées à l’aide de polaritons mais le manque
d’intégration de ces expériences réduit leur intérêt applicatif. Nous présentons ici des études
préliminaires pour le développement de portes logiques tout optique à base de polaritons.

4.8 Portes logiques AND, OR et XOR : résultats pré-
liminaires

4.8.1 Principes de fonctionnement
Pour fonctionner comme une porte logique, le dispositif doit posséder une ou plusieurs

entrées, qui seront alimentées ou non par un flux de polaritons, et une sortie dont le flux
de polaritons dépend des entrées selon une table de vérité spécifique à l’opération désirée
pour le dispositif [Fig. 4.15]. Un seuil d’intensité est choisi pour les flux de polaritons,
déterminant l’état encodé 0 ou 1 si l’intensité est respectivement en dessous ou au-dessus
de ce seuil. Nous voulons exploiter ici le comportement non-linéaire du résonateur pour
implémenter trois portes logiques différentes sur le même dispositif : les portes AND, OR
et XOR.

Nous avons vu précédemment qu’en augmentant la puissance d’excitation, c’est à dire le
flux de polaritons incident sur le résonateur, nous atteignons un seuil pour lequel l’intensité
dans le résonateur et dans le guide de sortie augmente fortement. Nous ajoutons ici à notre
dispositif un second guide d’onde d’entrée de façon à ce que l’état du résonateur dépende
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Figure 4.15 – (a)-(c) Tables de vérité des portes logiques AND, OR et XOR.

de la somme des flux dans les deux entrées et de leur phase relative.

4.8.2 Caractérisation du dispositif
Notre échantillon planaire est identique à celui utilisé pour démontrer la bistabilité.
Nous fabriquons ici un résonateur circulaire 0D couplé à trois fils 1D : deux servent

de guides d’onde d’entrée et un de sortie [Fig. 4.16(a)]. Le résonateur est lié aux fils par
couplage tunnel via des constrictions qui agissent comme barrières de potentiel. Ces bar-
rières présentent une hauteur nominale effective de 3,8 meV pour les entrées et de 2,2 meV
pour la sortie. Cette différence entre les entrées et la sortie permet de favoriser le transfert
des polaritons du résonateur vers le guide d’onde de sortie et d’améliorer l’efficacité du
dispositif.

Nous conservons le même montage expérimental en transmission. La polarisation est
fixée par deux polariseurs dans le chemin d’excitation et dans le chemin de collection. La
polarisation de l’excitation et de la collection est linéaire, perpendiculaire à la branche
principale (modes de polaritons ⊥) [voir Fig. 4.16(a)].

4.8.3 Démonstration expérimentale des portes logiques AND,
OR et XOR

Nous caractérisons dans un premier temps notre dispositif en excitant seulement le
résonateur de façon non-résonante. La Fig. 4.17(b) montre la photoluminescence résolue
en énergie le long de la branche principale ; nous remarquons la présence d’états discrets
0D dans le résonateur et d’un continuum d’énergie dans les guides d’onde d’entrée (x<-2
µm) et de sortie (x>2 µm). Nous choisissons d’effectuer la transmission résonante à travers
l’état de plus basse énergie du résonateur (ES1 = 1479 meV). De la même façon que pour
l’expérience de bistabilité, nous utilisons une excitation laser à une énergie EL plus élevée
que ES1 d’une valeur ∆ = EL − ES1 = 160µeV.

Nous excitons indépendamment chacun des guides d’onde en augmentant la puissance
pour mesurer le seuil lié à la non-linéarité du résonateur [Fig. 4.17(c)-(d)]. Notre montage
expérimental a été caractérisé comme décrit dans la section 4.3.2, ce qui nous permet de
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dans le résonateur (noir) et dans le guide d’onde 1 (vert) en fonction de la puissance
d’excitation P1. (d) Densité de polaritons dans le résonateur (noir) et dans le guide d’onde
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mesurer la densité de polariton dans chaque partie du dispositif. Nous remarquons que
le comportement est différent pour l’entrée 1 et l’entrée 2. En effet, en excitant l’entrée
1, la brusque augmentation de l’intensité dans le résonateur est liée à l’augmentation de
l’intensité dans le guide d’onde, donc à la non-linéarité dans le guide. En revanche, en
excitant l’entrée 2, l’intensité dans le guide diminue légèrement et la non-linéarité dans le
résonateur est responsable de l’augmentation d’intensité.

Nous remarquons aussi que l’intensité dans le résonateur est beaucoup plus faible lors
de l’excitation par l’entrée 1 que par l’entrée 2. Le design asymétrique de notre structure
est sans doute à l’origine de cette différence, la barrière entre le guide d’onde 1 et le
résonateur étant plus élevée que celle du guide d’onde 2. Dans la suite, nous allons donc
devoir utiliser une excitation asymétrique pour démontrer le fonctionnement du dispositif,
ce qui n’est pas le cas idéal. Ce dispositif a été réalisé à la toute fin de cette thèse et
bien que ce désagrément pourrait être corrigé en améliorant le design de la structure, il
n’a pas été possible d’implémenter ces changements. Nous souhaitons malgré cela montrer
ces résultats préliminaires qui constituent une première démonstration de portes logiques
polaritoniques intégrées.

4.8.4 Porte logique AND
Nous choisissons la puissance d’excitation P1 dans l’entrée 1 de telle sorte qu’elle soit

deux fois plus importante que la puissance P2 dans l’entrée 2, ce qui nous permet de
contrebalancer l’asymétrie de la structure. Dans la Fig. 4.18, nous mesurons l’intensité
dans chaque partie de la structure en conservant le ratio P1 = 2 × P2 et en excitant les
deux entrées avec une puissance d’excitation croissante.
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Figure 4.18 – Densité de polaritons dans le résonateur (noir), dans le guide d’onde 1
(vert), dans le guide d’onde 2 (rose) et dans le guide d’onde de sortie (bleu) en fonction
de la puissance d’excitation P1 + P2.

Pour réaliser une porte AND, la puissance est choisie pour que le système ne puisse
commuter que lorsque les deux entrées sont allumées simultanément (et pas si seule l’une
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d’elle est ON). En prenant P1 = 20,6 mW et P2 = 10,3 mW, nous sommes bien en-dessous
du seuil de chaque entrée lorsqu’une seule d’entre elle est allumée [Fig. 4.17(c)-(d)] et au-
dessus du seuil pour les deux entrées allumées simultanément (P1+P2 = 31 mW, représenté
par la ligne pointillée orange sur la Fig. 4.18). La phase du flux de polaritons injecté dans
chaque entrée est identique (φ1 = φ2) et les polaritons de chaque guide interfèrent de façon
constructive dans le résonateur.
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Figure 4.19 – (a)-(c) Émission de la photoluminescence résolue spatialement pour une
excitation par l’entrée 1 (a), par l’entrée 2 (b) et par les deux entrées simultanément (c).
(d) Densité de polaritons dans le guide de sortie pour chaque situation. La ligne pointillée
rouge représentent le seuil entre l’état 0 et l’état 1.

L’intensité mesurée le long de la structure est représentée sur la Fig. 4.19 pour les trois
schémas d’excitation possibles : seule l’entrée 1 est allumée (1-0) [Fig. 4.19(a)], seule l’entrée
2 est allumée (0-1) [Fig. 4.19(b)] ou les deux entrées sont allumées simultanément (1-1)
[Fig. 4.19(c)]. Dans le guide de sortie, la densité de polaritons n’est significative que lorsque
les deux guides d’onde sont allumés, ce qui correspond bien au fonctionnement d’une porte
AND. La densité de polaritons dans le guide de sortie est rapportée sur la Fig. 4.19(d) en
échelle logarithmique et le fonctionnement de la porte AND est bien obtenu si nous fixons
le seuil entre les états 0 et 1 à la densité ns =6 pols/µm2. Le ratio minimum de densité
entre les états 0 et 1 est de 8,3, ce qui est suffisant pour les discriminer.
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4.8.5 Porte logique OR

Ici, les puissances d’entrée sont choisies pour qu’une seule des deux entrées dans l’état
ON puisse commuter le dispositif. Nous augmentons la puissance d’excitation jusque P1 =
80 mW et P2 = 40 mW, ce qui assure que le dispositif commute dès qu’une des deux
entrées est allumée [Fig. 4.17(c)-(d)]. La situation lorsque les deux entrées sont allumées
simultanément est représentée par une ligne pointillée rouge sur la Fig. 4.18.
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Figure 4.20 – (a)-(c),(e) Émission de la photoluminescence résolue spatialement pour une
excitation par l’entrée 1 (a), par l’entrée 2 (b) et par les deux entrées en phase (c) et en
opposition de phase (e). (d),(f) Densité de polaritons dans le guide de sortie pour chaque
situation. La ligne pointillée rouge représentent le seuil entre l’état 0 et l’état 1.

Nous mesurons l’intensité de l’émission le long de la structure dans les trois configura-
tions possibles : (1-0) [Fig. 4.20(a)], (0-1) [Fig. 4.20(b)] et (1-1) [Fig. 4.20(c)]. Un flux de
polaritons dans le guide de sortie est visible dans chaque cas et la densité de polaritons
mesurée sur la Fig. 4.20(d) est au-dessus du seuil précédemment fixé à ns =6 pols/µm2.
Le guide de sortie est dans l’état 1 pour chaque configuration, ce qui reproduit bien la
fonction d’une porte OR [Fig. 4.15(b)].
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4.8.6 Porte logique XOR
La phase relative des flux de polaritons est contrôlée par un moteur piézoélectrique

pouvant déplacer le miroir du faisceau excitant l’entrée 2 avec une précision de l’ordre de
la fraction de micron. En choisissant une phase φ1 = φ2 +π, nous pouvons changer la fonc-
tionnalité du dispositif. Les polaritons interfèrent de façon destructive dans le résonateur
et le flux de polaritons dans la sortie est fortement réduit [Fig. 4.20(e)]. Lorsque les deux
entrées sont allumées simultanément, la densité de polaritons dans le guide d’onde de sortie
est plus faible que le seuil ns, correspondant à l’état 0 [Fig. 4.20(f)]. Le fonctionnement du
dispositif correspond donc à une porte XOR [Fig. 4.15(c)].

4.8.7 Bilan de ces expériences préliminaires
Ces résultats préliminaires montrent le potentiel de notre système pour réaliser des

dispositifs modulaires, un échantillon identique permettant d’implémenter différentes fonc-
tions logiques essentielles. Cependant, un des problèmes fondamentaux de notre approche
est le caractère dissipatif des polaritons, qui diminue inévitablement le flux sortant et
nous obligerait à amplifier le signal pour réaliser de nouvelles opérations consécutives.
Cette opération est réalisable grâce au phénomène d’amplification bosonique observé par
E. Wertz [76], consistant à utiliser un laser non résonant pour réalimenter le condensat
par relaxation bosonique stimulée depuis le réservoir d’excitons. Cette solution implique
toujours une dissipation de l’énergie mais l’augmentation du facteur de qualité de la mi-
crocavité et l’amélioration de la structure pourraient diminuer fortement ces pertes.

Un autre problème commun à tous les dispositifs polaritoniques présentés ici est la tem-
pérature de fonctionnement de l’ordre de 10K à cause de l’ionisation dissociant les excitons
dans les puits quantiques de GaAs à température ambiante. Toute application réaliste à
des températures cryogéniques est très difficile et de nombreuses recherches sont menées
pour implémenter de nouveau matériaux avec une énergie de liaison des excitons beaucoup
plus forte que dans le GaAs. Un laser à polaritons a été démontré à température ambiante
dans des matériaux à large bande interdite comme le GaN [12, 183] ou le ZnO [13, 14].
Les cristaux bidimensionnels tels que MoS2 [184, 185] ont aussi montré de fortes énergies
de liaison des excitons [186], ainsi que les matériaux organiques [187, 188]. L’avancée des
techniques de fabrication dans ces matériaux nous permet d’espérer que les preuves de
principes que nous réalisons dans le GaAs soient réalisables à l’avenir dans ces matériaux
prometteurs pour des applications.

4.9 Conclusion
Nous avons montré dans cette section la réalisation de dispositifs exploitant la forte non-

linéarité des polaritons. Ces preuves de principe posent la base d’une architecture modulaire
consistant en un résonateur concentrant les effets non-linéaires reliés à des guides d’onde
dans lesquels se déplacent les flux de polaritons.

Le premier dispositif consistant en un résonateur relié à deux guides d’onde nous a
permis de mettre en évidence un comportement bistable de l’état confiné du résonateur.
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La simulation de l’expérience nous a permis de confirmer la valeur de la constante d’inter-
action exciton-exciton gexc dans notre système, essentielle pour l’élaboration de nouvelles
expériences et dispositifs.

Nous avons ensuite mis à profit cette première structure pour réaliser une porte logique
multi-fonctions comprenant un résonateur relié à deux guides d’entrée et un guide de
sortie. Ce dispositif permet d’implémenter des fonctions logiques en changeant seulement
le schéma d’excitation et les résultats préliminaires présentés ici permettent d’envisager de
nombreux dispositifs tels que des commutateurs, des mémoires, des portes logiques dans
un système photonique intégré et fortement non-linéaire.
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Conclusion et perspectives

Ce travail de doctorat a été consacré à l’étude expérimentale des polaritons de microca-
vité dans des microstructures semiconductrices. Leur nature mixte exciton-photon autorise
une grande flexibilité dans la manière de les exciter, de les manipuler et de les détecter
expérimentalement. En agissant sur le confinement de leur composante photonique, nous
avons pu produire de façon maîtrisée de nombreux potentiels gouvernant le comportement
des polaritons. De plus, les interactions avec l’environnement provenant de leur compo-
sante excitonique fournissent un outil puissant pour manipuler optiquement les flux de
polaritons et permettent l’observation de nombreux phénomènes non linéaires.

La première partie de ce manuscrit a donc été consacrée aux propriétés fondamentales
de cohérence et de polarisation des lasers à polaritons et la seconde partie a été axée sur
les applications et propose plusieurs démonstrations de principe de nouveaux dispositifs
tout optiques à polaritons.

Pour étudier la cohérence temporelle, nous avons utilisé une caméra streak en mode
"single shot" et nous sommes parvenus à mesurer les corrélations du second ordre de l’émis-
sion des polaritons. Cette technique nous a permis d’accéder à la dynamique de la cohérence
temporelle à l’échelle de la picoseconde. La statistique d’émission des lasers à polaritons a
été mesurée et est très proche de celle attendue pour une source laser standard. L’étude de
l’initialisation des lasers à polaritons a montré que la polarisation initiale est stochastique
et peut conduire à l’établissement du mode laser dans tout état de polarisation. La présence
d’une séparation en énergie intrinsèque des états polarisés linéairement favorise cependant
l’initialisation dans un état polarisé linéairement, parallèle à l’un des axes cristallins. Si
la polarisation est initialisée dans un autre état de polarisation, elle subit une précession
autour de cet axe propre, comme nous l’avons observé expérimentalement. Ces résultats
ne sont pas exclusifs aux polaritons et devraient être applicables dans un laser à photons
conventionnel comme les VCSEL. Ils nous apportent une meilleure compréhension de la
cohérence de second ordre et de l’initialisation des condensats de polaritons de microcavité.

La seconde partie est dédiée à la réalisation de dispositifs à polaritons dont le contrôle
est tout optique. Leur principe de fonctionnement est similaire : un résonateur 0D, dans
lequel la non linéarité est forte, couplé à des guides d’onde 1D d’entrée et de sortie.

Un router à polaritons tout optique a été implémenté, permettant de choisir la direction
de propagation d’un flux de polaritons. Notre dispositif consiste en un micropilier (résona-
teur) couplé par une barrière tunnel à deux fils modulés périodiquement. Un faisceau laser
pulsé et résonant est utilisé pour injecter des polaritons dans le résonateur qui se propagent
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dans les fils par transmission tunnel. L’énergie de l’état du résonateur est contrôlée par un
second laser non résonant, ce qui permet de moduler la valeur de la transmission tunnel
vers les fils autour des énergies de leurs bandes interdites respectives. Nous démontrons
un router à polaritons permettant de choisir la direction de propagation d’impulsions de
polaritons à l’aide d’une seconde excitation laser.

Nous présentons ensuite un dispositif composé d’un résonateur couplé à deux guides
d’onde. L’injection d’un flux de polaritons dans le guide d’onde a montrer le comportement
bistable du résonateur. Un saut d’intensité de l’état 0D du résonateur de l’état OFF à l’état
ON est observée à la puissance de seuil P2, puis un saut de l’état ON à l’état OFF à la
puissance P1 < P2. Cette bistabilité optique est un élément essentiel à la réalisation d’une
mémoire optique. De plus, la calibration du nombre de polaritons présents dans le système
a permis d’obtenir une estimation de la valeur de la constante d’interaction entre polaritons
dans notre système.

Des résultats préliminaires sur un dernier dispositif sont ensuite exposés, implémentant
les portes logiques AND, OR et XOR dans un format d’optique intégrée utilisant les pola-
ritons. Le saut d’intensité abrupt mesuré à la puissance P2 dans l’expérience précédente est
mis à profit en appliquant dans les deux fils d’entrée une puissance telle que leur somme
est supérieure à P2. Nous obtenons alors dans le fil de sortie une émission correspondant
à l’état OFF si seul l’un des deux fils est excité et à l’état ON si les deux fils sont exci-
tés simultanément, ce qui constitue une porte AND. En considérant la phase d’injection
comme un degré de liberté supplémentaire de notre système, nous pouvons choisir la rela-
tion de phase entre les flux de polaritons de chaque fil à leur rencontre dans le résonateur.
En choisissant d’exciter le résonateur en phase ou en opposition de phase, nous pouvons
réaliser les portes OR et XOR dans notre structure.
Nous avons donc conçu une structure modulable pouvant réaliser différents types d’opéra-
tions logiques suivant le schéma d’excitation choisi.

Ces résultats montrent la richesse des applications pouvant être pressentie avec les
polaritons en microstructures et la recherche sur les polaritons poursuit de nombreux sujets
prometteurs.

L’un des sujets abordés est l’étude de l’hydrodynamique de fluides 1D de polaritons.
En étudiant une structure constituée d’un fil 1D possédant un défaut contrôlé, représenté
par des barrières ou puits de potentiel de différentes tailles [Fig. 4.21], H. S. Nguyen a ré-
cemment montré la génération d’un trou noir acoustique analogue pour les polaritons [30].
La réduction abrupte de la densité de polaritons au passage du défaut agit comme un ho-
rizon entre une région du fluide subsonique (superfluide) et une région supersonique après
le défaut. Cette configuration est proposée pour l’observation expérimentale de l’analogue
de la radiation de Hawking stimulée et spontanée en mesurant les corrélations spatiales de
second ordre dans l’émission le long de la structure. La technique perfectionnée durant ma
thèse pour mesurer la cohérence de second ordre pourrait être ici utilisée pour mettre en
évidence ce phénomène.

Une seconde direction envisagée, suite à la démonstration de nombreux dispositifs po-
laritoniques, est la création de circuits photoniques intégrés. Une architecture exploitant
la polarisation de condensats de polaritons a été proposée théoriquement par T. Espinosa-
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(b)
(c)

(a)

Figure 4.21 – (a) Schéma de la proposition théorique pour la génération d’un trou noir
acoustique. Figures extraites de [30, 176]. (b) Photoluminescence résolue spatialement le
long du fil et résultats de la simulation (courbe rouge). Le flux de polaritons passe de
superfluide à supersonique en traversant le défaut. (c) Fonction des corrélations spatiales
normalisées des fluctuations de la densité de photons. Figures extraites de [30].

Ortega et T. Liew [189]. Cette architecture intégrée résout le problème des pertes intrin-
sèques des polaritons que l’on a pu remarquer dans nos structures. L’information est dans
ce cas codée non pas sur l’intensité mais sur la polarisation de l’émission. Bien que le temps
de vie des polaritons ait été grandement amélioré ces dernières années, la dissipation par
échappement de photons hors de la cavité représente toujours une perte d’énergie non
négligeable. La propagation dans des circuits implémentant des fonctionnalités complexes
pourrait cependant être assurée grâce au phénomène d’amplification bosonique observé par
E. Wertz [76]. Il consiste à utiliser un laser non résonant pour réalimenter le condensat par
relaxation bosonique stimulée depuis le réservoir d’excitons au cours de sa propagation.

Étant donné leur taille micrométrique, les circuits logiques photoniques n’ont pas pour
but de remplacer les transistors électroniques. Lorsque la taille n’est pas critique, l’absence
d’échauffement (par rapport aux systèmes électroniques) et la rapidité des opérations (de
l’ordre du temps de vie des polaritons) dans un système polaritonique pourraient être un
atout pour la réalisation de dispositifs logiques tout optiques et ultra-rapides.

Cependant, la quasi-totalité des preuves de principe expérimentales démontrées jusqu’à
présent sont effectuées dans des matériaux III-V, à une température de l’ordre de 10 K.
Toute application raisonnable est bloquée par cette limitation, imposée par l’énergie de
liaison typique des excitons dans ces matériaux. L’utilisation de nouveaux matériaux dans
lesquels l’énergie de liaison des excitons est plus élevée pourrait résoudre ce problème et
convertir ces preuves de principe en dispositifs viables. Un laser à polaritons a par exemple
été démontré à température ambiante dans des matériaux à large bande interdite comme
le GaN [12, 183] ou le ZnO [14]. Les cristaux bidimensionnels tels que MoS2 [184, 185] ont
aussi montré de fortes énergies de liaison des excitons [186], de même que les matériaux
organiques [187, 188].

L’amélioration des techniques de croissance et de gravure dans ces nouveaux matériaux
pourrait donc permettre l’implémentation à température ambiante des dispositifs à pola-
ritons tels que ceux étudiés dans ce travail de thèse.
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Une troisième direction envisagée est l’observation de comportements quantiques des
polaritons, qui ne peuvent être prédits par une théorie semi-classique de type champ moyen.

Par exemple, le blocage de polaritons consiste à n’autoriser la présence que d’un seul
polariton dans le système, conduisant à l’émission de photons uniques [177]. L’énergie
d’interaction entre polaritons doit alors être plus forte que la largeur de raie de l’état
considéré, ce qui est encore loin d’être le cas dans nos structures. Il est cependant possible
d’obtenir un blocage de polaritons non conventionnel avec une faible non linéarité, en
exploitant les interférences quantiques entre deux piliers couplés [151, 190]. La difficulté
de cette approche réside dans le faible intervalle de temps pour lequel cet effet est attendu
et il est donc nécessaire d’avoir un détecteur à la fois sensible et ultra-rapide. L’énergie
d’interaction requise est toutefois de l’ordre de celle que nous observons dans nos cavités,
ce qui est prometteur pour l’observation prochaine d’effets quantiques dans nos systèmes.

(a) (b)

Figure 4.22 – (a) Évolution temporelle de la fonction de corrélation du second ordre
montrant un dégroupement clair à t=0. Figure extraite de [151]. (b) Densité de polaritons
en fonction de la puissance d’excitation. La solution classique en champ moyen (MF) est
donnée par la courbe verte et la solution quantique en état stationnaire (SS) par la courbe
jaune. Les deux autres courbes sont obtenues par l’équation maîtresse quantique résolue
en temps pour différentes vitesses de balayage. Figure extraite de [191].

Les micropiliers sont également un bon système pour tester une prédiction théorique
récente de C. Ciuti [191] [Fig. 4.22]. Il s’agit de la disparition de la bistabilité induite par les
fluctuations quantiques lorsque le balayage de la puissance d’excitation est suffisamment
lent. Cet effet mis en évidence dans notre groupe par S. Rodriguez [23] ouvre la voie à
l’étude des transitions de phase dans les systèmes quantiques dissipatifs.
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Annexe : Méthodes expérimentales

Plusieurs cavités et montage optiques ont été réalisés pour obtenir les résultats présen-
tés dans cette thèse. Les microcavités étudiées sont composées de deux miroirs de Bragg
en Ga0,8Al0,2As/Ga0,05Al0,95As entourant une cavité contenant un ou plusieurs puits quan-
tiques, dont la croissance est effectuée par A. Lemaître et collaborateurs dans la salle
blanche du LPN par épitaxie par jets moléculaires.

Le montage de microphotoluminescence est présenté pour une expérience classique
mais les parties dédiées à l’excitation et à la détection sont régulièrement modifiées selon
les spécificités de chaque expériences.

Échantillons à microcavités
Deux types de cavité ont principalement été étudiées, autorisant une détection en ré-

flexion ou en transmission.
La structure de l’échantillon en réflexion (C4T44) est décrite en Fig. 4.24 et schématisée

en Fig. 4.23. Il contient en une cavité λ/2 encadrée par deux miroirs de Bragg, possédant
respectivement 28 (côté air) et 40 paires (côté substrat) afin de maximiser l’émission des
photons s’échappant de la cavité vers le côté air. La zone active est constituée de 12
puits quantiques de GaAs, inclus par groupe de 4 dans les 3 ventres centraux du champ
électromagnétique pour maximiser le couplage lumière matière.

Cette structure présente plusieurs avantages pour obtenir un fort couplage entre les
excitons et les photons et pour l’observation de la condensation des polaritons.
• Le dédoublement de Rabi Ω est proportionnel à la racine carré de la force d’oscillateur

de l’exciton (fosc) multiplié par le recouvrement de la fonction d’onde de l’exciton
avec le champ électromagnétique. Si les N puits sondent la même valeur du champ,
alors Ω ∝

√
N.fosc

Leff
. Un grand nombre de puits quantiques et une cavité de petit

volume (pour maximiser l’amplitude du champ) permettent donc d’augmenter le
dédoublement de Rabi.
• Le nombre important de puits quantiques dans notre structure augmente également

la densité d’écrantage, ce qui est une condition nécessaire à la condensation des
polaritons. En effet, pour que le système atteigne le couplage fort, la densité d’exci-
tons par puits quantiques doit être inférieure à la densité de Mott [51], typiquement
1011 cm2 dans le GaAs. L’augmentation du nombre de puits dans le système permet
donc d’obtenir une densité de polaritons importante tout en maintenant la densité
excitonique dans chaque puits inférieure à la densité de Mott.
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Figure 4.23 – Schéma de l’échantillon C4T44 avec la distribution spatiale du champ
électrique de l’onde stationnaire pour la longueur d’onde du mode de cavité.

• Le grand facteur de qualité de notre cavité apporte un temps de vie du photon dans
la cavité suffisamment important pour que le taux de relaxation des polaritons soit
supérieur au taux d’échappement des photons. Le facteur de qualité nominal de notre
échantillon est de 100000.

Un gradient spatial de l’épaisseur des couches épitaxiées sur l’échantillon (obtenu en
interrompant la rotation de l’échantillon pendant la croissance) permet de changer l’énergie
du mode de cavité EC par rapport à celle de la transition excitonique EX en se déplaçant
sur l’échantillon. Le même pourcentage de changement dans l’épaisseur du puits quantique
modifie très peu l’énergie de l’exciton 1s EX , ce qui permet de sonder différents désaccords
δ = EC − EX simplement en déplaçant le faisceau d’excitation sur l’échantillon.
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Structure nominale Répétition 
du motif Matériau Épaisseur 

Miroir 
supérieur 

Ga0.8Al0.2As 566.0 Å x1 

Ga0.05Al0.95As 650.0 Å 
x27 

Ga0.8Al0.2As 566.0 Å 

Ga0.05Al0.95As 424.8 Å x1 

GaAs 70.0 Å 
x4 

Ga0.05Al0.95As 30.0 Å 

Ga0.8Al0.2As 369.5 Å x1 

Cavité λ/2 

Ga0.05Al0.95As 396.0 Å x1 

GaAs 70.0 Å 
x4 

Ga0.05Al0.95As 30.0 Å 

Ga0.05Al0.95As 366.0 Å x1 

Miroir 
inférieur 

Ga0.8Al0.2As 369.5 Å x1 

Ga0.05Al0.95As 30.0 Å 
x4 

GaAs 70.0 Å 

Ga0.05Al0.95As 424.8 Å x1 

Ga0.8Al0.2As 566.0 Å 
x39 

Ga0.05Al0.95As 650.0 Å 

Substrat GaAs non dopé - - 

Figure 4.24 – Structure de l’échantillon C4T44.

L’échantillon en transmission (C5T48) est schématisé en Fig. 4.25 et sa structure dé-
taillée est décrite en Fig. 4.26. Il consiste en une cavité λ encadrée par deux miroirs de
Bragg, possédant respectivement 26 (côté air) et 30 paires (côté substrat). Les miroirs sont
cette fois presque symétrique pour permettre l’émission côté substrat (transmission). La
zone active est constituée de 1 puits quantique d’InGaAs au milieu de la cavité, corres-
pondant au maximum du champ électromagnétique.

Cette structure est optimisée pour la réalisation d’expériences exploitant les interactions
polariton-polariton et sous excitation résonante.
• La présence d’un seul puits quantique permet de maximiser les interactions entre

polaritons. En effet, les excitons ne pouvant interagir qu’avec d’autres excitons pré-
sents dans le même puits et la constante d’interaction effective polariton-polariton
est g/N dans une structure à N puits quantiques. Ainsi, nous choisissons de maxi-
miser la constante d’interaction exciton-exciton avec une cavité possédant un unique
puits quantique.
• L’énergie des états de puits quantique est toujours plus élevé que l’énergie d’absorp-

tion du matériau massif. L’émission d’un puits quantique en GaAs lors d’une expé-
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Figure 4.25 – Schéma de l’échantillon C5T48 avec la distribution spatiale du champ
électrique de l’onde stationnaire pour la longueur d’onde du mode de cavité.

  

Structure nominale Répétition 
du motif Matériau Épaisseur 

Miroir 
supérieur 

Ga0.9Al0.1As 604.0 Å 
x26 

Ga0.05Al0.95As 703.0 Å 

Cavité λ 

GaAs 1147.0 Å x1 

In0.05Ga0.95As 80.0 Å x1 

GaAs 1147.0 Å x1 

Miroir 
inférieur 

Ga0.05Al0.95As 703.0 Å 
x30 

Ga0.9Al0.1As 604.0 Å 

Substrat GaAs non dopé - - 

Figure 4.26 – Structure de l’échantillon C5T48.

rience en transmission est donc totalement absorbée par le substrat en GaAs. Pour
réaliser des expériences en transmission à travers le substrat de GaAs, nous utilisons
un puits quantique d’InGaAs pour lequel la transition excitonique est à une énergie
inférieure à la bande interdite du GaAs. Le substrat en GaAs est donc transparent à
l’énergie des polaritons et leur émission peut être observée en transmission.
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• Enfin, dans le cas d’une excitation résonante, la lumière réfléchie par le premier mi-
roir est très difficile à séparer de l’émission de la cavité du côté air. Un schéma en
transmission permet de s’affranchir de ce problème : la microcavité agit comme un
filtre pour le faisceau laser et l’émission des polaritons est détectée après la traversée
de la cavité.

Ces deux types de cavité sont pertinentes pour deux types de problèmes différents : la
première permet d’étudier la condensation des polaritons sous excitation non-résonante,
tandis que la seconde autorise l’observation de fluides de polaritons non linéaires injectés
en excitation résonante et observés en transmission.

Montages expérimentaux
Nous résumons ici brièvement les caractéristiques principales du montage de micropho-

toluminescence utilisé. Son schéma type est présenté sur la Fig. 4.27.

Figure 4.27 – Schéma du montage expérimental.

Cryostat Tous les résultats sont obtenus à une température de 10 K. L’échantillon est
collé au doigt froid d’un cryostat. La conduction thermique est assurée par l’utilisation
d’une graisse à vide. Un flux constant d’hélium liquide est assuré pour maintenir le doigt
froid à une température de 10 K. La chambre est maintenu à un vide entre 10−5 et 10−6

Torr grâce à l’utilisation d’une pompe turbo.

Excitation Deux sources laser différentes ont été utilisées pour obtenir les résultats
rapportés :
• Un laser monomode continu Ti :Sapphire (Matisse ; Spectra Physics). L’énergie du

mode laser est continûment ajustable sur une plage spectrale de 690 à 900 nm et sa
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largeur de raie est inférieure à 10 MHz. Ce laser est utilisé pour les mesures continues
et est divisé en plusieurs faisceaux si nécessaire.
• Un laser impulsionnel Ti :Sapphire (Mira ; Coherent). L’énergie du mode laser est

ajustable sur une plage spectrale de 700 nm à 1µm. La durée des impulsions délivrées
est de 1,4 ps avec un taux de répétition de 82 MHz. Ce laser est utilisé pour les
mesures résolues en temps.

Ces deux lasers sont alimentés par un laser solide pompé par diode (Millenia eV ; Spec-
tra Physics) émettant en continu à 532 nm et jusqu’à 25 W de puissance.

L’échantillon est excité avec une incidence normale. Dans le cas d’une excitation non
résonante, le laser est ajusté autour de 730 nm pour les cavités à puits quantiques GaAs
(780 nm pour celles à puits InGaAs), correspondant au premier creux de réflectivité des
miroirs de Bragg au dessus de la bande interdite.

Le faisceau laser atteint un cube 50/50 et la partie réfléchie est focalisée sur l’échantillon
par un objectif de microscope de grande ouverture numérique (NA=0,55) et de distance
focale f1 = 4 mm. La taille du spot obtenu est d’environ 2µm. Des lentilles sphériques
et cylindriques ont de plus été utilisées pour agrandir ou modifier la forme du spot dans
certaines des expériences. L’objectif de microscope est monté sur un plateau de déplacement
piézoélectrique, permettant de positionner le spot laser avec une précision micrométrique.

Détection Le signal émis est collecté par un objectif de microscope, collimaté par une
lentille L1 puis envoyé à travers un des chemins optiques schématiquement représenté sur
la Fig. 4.28, permettant d’imager l’espace réel ou l’espace réciproque.

Figure 4.28 – Schéma du chemin optique pour imager l’espace de Fourier (a) ou l’espace
réel (b).

Le signal collecté est focalisé sur la fente d’un spectromètre puis détecté soit à l’aide
d’une caméra CCD, soit à l’aide d’une caméra streak dont le fonctionnement est expliqué
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dans le chapitre 2.
Les microstructures 1D sont alignées avec leur axe principal parallèle à la fente d’entrée

du spectromètre. Pour changer leur inclinaison par rapport à cette fente lors de l’expérience,
nous plaçons un prisme de Dove le long du chemin optique.

Une image 2D du plan réel et du plan de Fourier peuvent être obtenus simultanément
en focalisant une fraction du signal total sur une autre caméra CCD. Cette seconde caméra
est aussi utilisée pour imager la surface de l’échantillon sous un éclairage en lumière blanche
et sonder les microstructures choisies.

Enfin, des filtres interférentiels passe-haut sont placés devant la caméra pour filtrer la
réflexion du laser non résonant lors d’une détection en réflexion.

Dispersions caractéristiques
Nous montrons ici quelques exemples types de dispersions mesurées dans nos structures.
Nous illustrons d’abord le gradient spatial de l’épaisseur des couches épitaxiées en me-

surant la dispersion des polaritons sur différentes positions de l’échantillon. Nous observons
ici qu’en nous déplaçant sur l’échantillon le long de la direction X, l’énergie de la raie ex-
citonique EX(k = 0) reste constante tandis que l’énergie du mode de cavité EC(k = 0)
est fortement modifié [Fig. 4.29]. Le désaccord δ pour notre expérience peut ainsi être
déterminé en sélectionnant une position particulière sur l’échantillon.

X= 0 mm X= 2 mm X= 4 mm 

(a) (b) (c) 

k (µm-1) k (µm-1) k (µm-1) 

Figure 4.29 – Émission de polaritons en échelle logarithmique résolue en angle et en
énergie dans une cavité planaire ( 1 puits InGaAs, Q ∼ 30000) en différentes positions
sur l’échantillon : X = 0µm (a), X = 2µm (b) et X = 4µm (c). Les raies horizontales
observées à 1471 meV et à 1474 meV sont des artefacts de la caméra CCD.

La gravure de la microcavité nous permet de modifier la dispersion des polaritons et de
changer la dimensionnalité du système étudié. Les mesures suivantes sont toutes effectuées
sur des structures très proches les unes des autres, de façon à conserver le même désaccord
δ de la cavité planaire. La Fig. 4.30(a) montre la dispersion des polaritons dans un fil gravé
de 3µm de large. Nous observons comme discuté en introduction l’apparition d’un second
mode autour de 1473 meV et d’un dédoublement de polarisation présent en k = 0.

139



La mesure de la dispersion de plusieurs piliers nous montre l’augmentation du confi-
nement suivant la diminution du diamètre [Fig. 4.30(b)-(d)]. En effet, l’énergie du mode
de plus basse énergie augmente et le nombre de modes émettant diminue. La précision de
la technique de gravure nous permet ainsi de moduler le diamètre pour modifier l’énergie
d’un pilier, nous autorisant par exemple à réaliser le "router" à polaritons présenté dans le
chapitre 3 en alignant l’énergie du pilier avec la bande interdite de fils modulés.

Fil 3 µm Pilier Ø4 µm Pilier Ø2,5 µm Pilier Ø1,5 µm 

(a) (b) (c) (d) 

k (µm-1) k (µm-1) k (µm-1) k (µm-1) 

Figure 4.30 – Émission de polaritons résolue en angle et en énergie dans une cavité
gravée ( 1 puits InGaAs, Q ∼ 30000) selon différentes géométries. La mesure est effectuée
pour un fil de 3µm de large (a) et des piliers circulaires de diamètre 4µm (b), 2,5µm (c)
et 1,5µm (d).

Nous souhaitons enfin montrer un aperçu de différentes structures réalisées dans notre
groupe dans la Fig. 4.31, pour montrer une nouvelle fois la versatilité de cette technique
de gravure.

Figure 4.31 – Images au microscope électronique à balayage(MEB) illustrant la versatilité
de la technique de gravure pour réaliser différents types de potentiels pour les polaritons.
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Résumé : 

Ce travail de thèse porte sur l’étude expérimentale des polaritons de microcavité dans des 
microstructures de semiconducteurs III-V. Il présente un volet fondamental sur les propriétés de 
cohérence et de polarisation des lasers à polaritons, et un volet plus applicatif dédié à la démonstration 
de principe de nouveaux dispositifs tout optique à polaritons. 
Dans la première partie, nous utilisons une caméra streak en mode « single shot » pour mesurer des 
corrélations de photons du second ordre avec une résolution à la picoseconde. Cette technique nous 
permet de mesurer la statistique d’émission  de lasers à polaritons. Nous analysons ainsi la dynamique 
à l’échelle picoseconde de l’établissement de la cohérence spontanée et de la polarisation du mode, à 
l’allumage du laser. Nous mettons en évidence une initialisation stochastique  de la polarisation, suivie 
d’une précession autour d’un champ magnétique effectif présent dans la cavité. Le rôle de la 
dimensionnalité de la cavité est discuté, et un modèle théorique permet une meilleure compréhension 
de ces mesures.  
La deuxième partie est dédiée à la réalisation de dispositifs à polaritons, dont le contrôle est tout 
optique. Ces dispositifs sont essentiellement constitués d’un résonateur 0D couplés à des guides 1D 
d’entrée et de sortie. Nous démontrons le fonctionnement d’un « router » à polaritons, et observons 
une bistabilité optique du résonateur 0D pilotée à distance. Ce dernier effet est l’ingrédient de base 
d’une mémoire optique, et nous montrons des résultats préliminaires concernant l’implémentation de 
portes logiques tout optiques AND, OR et XOR. 

Mots clés : [polariton, microstructure, cohérence du second ordre, non-linéarité, dispositif] 

Optical manipulation of polariton condensates in semiconductor microstructures 

Abstract : 

This PhD thesis is dedicated to the experimental study of microcavity polaritons in III-V 
semiconductor microstructures. It consists in a fundamental part focusing on the coherence and 
polarization properties of polariton lasers, and in a more applied second part which concerns the proof 
of principle of new all-optical polariton devices. 
In the first part, we use a streak camera in the single shot regime to measure second order photon 
correlations with a picosecond resolution. This technique allows measuring the emission statistics of 
polariton lasers and analyzing at the picosecond scale the dynamics of the establishment of the 
spontaneous coherence and polarization of the mode during the laser initialization. We show a 
stochastic initialization of the polarization followed by a precession around an effective magnetic field 
inside the cavity. The influence of the system dimension is discussed and a theoretical model allows us 
to better understand these measurements. 
 The second part is dedicated to the realization of polariton devices with an all-optical control. These 
devices are constituted of a 0D resonator coupled to 1D input and output waveguides. We demonstrate 
the operation of a polariton router and a remotely controlled optical bistability. This last effect is the 
core ingredient of an optical memory and we show preliminary results on the implementation of all-
optical AND, OR and XOR logic gates. 

Keywords : [polariton, microstructure, second order coherence, non linearity, device] 


