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Introduction

A l’échelle de l’atome le monde apparaît régi par les lois quantiques et diffère radicale-
ment du monde classique que nous connaissons. Une divergence essentielle réside dans
le fait que si un système peut se trouver dans deux états possibles, la superposition de
ces deux états constitue également un état possible du système. D’autre part, deux sys-
tèmes en interaction peuvent se trouver dans un état intriqué : aucun système ne se
trouve dans un état déterminé, mais les mesures effectuées sur chaque système présentent
des corrélations qui ne peuvent être comprises en termes classiques. Schrödinger [91] a
imaginé l’intrication d’un atome et d’un chat, de telle façon que les états d’énergie de
l’atome soient corrélés aux états « mort » et « vivant » du chat : le formalisme quan-
tique semble autoriser l’existence des superpositions macroscopiques d’états. Pourquoi
n’existe-t-il pas de telles superpositions dans le monde classique ? Faut-il admettre l’exis-
tence d’une frontière classique-quantique, délimitant deux domaines correspondant à des
législations différentes ? Si oui, comment la justifier ? Où la poser ?

L’aspect contre-intuitif des caractéristiques du monde quantique a généré beaucoup de
débats et de controverses, dont la plus célèbre est celle ayant opposé Bohr et Einstein (on
pourra par exemple consulter [99]). Elles ont donné lieu à des expériences de pensée que
l’on peut maintenant réaliser grâce au progrès de diverses technologies. Nos expériences
d’Électrodynamique Quantique en Cavité, qui visent à étudier l’interaction entre la ma-
tière et le rayonnement sous leurs formes les plus simples (c’est à dire l’interaction entre
un système à deux niveaux et un oscillateur harmonique à une dimension), s’inscrivent
dans cette perspective. Ce travail de thèse a été l’occasion de préparer un état « Chat de
Schrödinger » du champ électromagnétique contenu dans le mode d’une cavité supracon-
ductrice en utilisant l’interaction résonnante entre un atome à deux niveaux et le champ
de la cavité. On va au cours de cette introduction définir plus précisément le paradoxe
du Chat de Schrödinger, avant de suggérer pourquoi celui-ci n’est pas observé dans le
monde classique. On présentera enfin l’expérience par laquelle nous avons généré et mis
en évidence un chat de Schrödinger, qui offre une perspective originale sur le phénomène
d’oscillation de Rabi et permet de mieux comprendre, à travers ce signal pourtant bien
connu, la transition du monde quantique vers le monde classique.

Le paradoxe du chat de Schrödinger

Au cours de sa célèbre expérience de pensée, Schrödinger enferma un chat dans une boîte
contenant un atome radioactif se trouvant dans un état excité, noté |e〉. S’il se désexcite
vers l’état fondamental, noté |g〉, l’atome déclenche un processus au terme duquel une fiole
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2 INTRODUCTION

d’acide cyanhydrique est brisée, tuant le chat. L’état « chat vivant » est ainsi parfaitement
corrélé à l’état atomique |e〉 alors que l’état « chat mort » est corrélé à l’état |g〉. Si
l’atome évolue en une superposition des états |e〉 et |g〉 comme l’y autorise la Mécanique
Quantique, la linéarité de l’équation de Schrödinger implique pour le système atome-chat

1√
2
(|e〉 + |g〉) |vivant〉 −→ 1√

2
(|e〉 |vivant〉 + |g〉 |mort〉) (1)

C’est un état intriqué. Ce terme a été introduit par Schrödinger [91] pour désigner l’état
de deux systèmes qui ne peut être factorisé. On parle aussi d’états non séparables. L’in-
trication est fréquemment associée au caractère non-local de la Mécanique Quantique (ce
point sera développé dans le chapitre 5). On souhaite insister ici sur le fait que deux sys-
tèmes intriqués présentent des corrélations quantiques, i.e. que les mesures effectuées sur
deux systèmes intriqués sont corrélées dans une infinité de bases (par opposition aux cor-
rélations de nature classique, où les mesures sont corrélées dans une seule base). Récrivons
par exemple l’état du système atome-chat de la façon suivante

1

2
√

2
((|e〉 + |g〉)(|vivant〉 + |mort〉) + (|e〉 − |g〉)(|vivant〉 − |mort〉)) (2)

L’état de l’atome et l’état du chat sont donc corrélés non seulement dans la base « na-
turelle » (|e/g〉 , |mort, vivant〉), mais aussi dans une base plus problématique : l’état
|e〉 + |g〉 de l’atome est corrélé à l’état |mort〉 + |vivant〉 du chat : la linéarité de la Mé-
canique Quantique semble donc permettre l’existence de superpositions macroscopiques
d’états.1

Soulignons que ce problème est également celui de la mesure quantique, le chat consti-
tuant en effet un appareil de mesure de l’atome. De même que l’on n’a jamais observé
de chat mort et vivant, on n’a jamais vu d’appareil dont l’aiguille pointerait dans les
deux directions. L’interprétation de Copenhague [17, 18, 54, 98] a permis à la Mécanique
Quantique de fournir des prédictions en accord avec nos observations. Celle-ci se présente
sous forme de postulats (voir par exemple [37]), selon lesquels la mesure d’une quantité
physique A est représentée par l’observable Â, et les seuls résultats de mesure possibles
sont les valeurs propres {an} de cette observable, l’état propre associé s’écrivant |αn〉.
Pour un système se trouvant dans l’état |ψ〉, la probabilité P(an) de mesurer la valeur an

est égale à | 〈ψ|αn〉|2. Les appareils de mesure présentent donc des corrélations classiques
avec le système mesuré, ces corrélations existant dans la « base préférée » de l’appareil,
qui est la base des états propres de l’observable mesurée.

Les postulats de Copenhague nous suggèrent une définition de l’objet classique, dont
l’appareil de mesure est l’archétype : est classique l’objet qui ne s’intrique pas avec un
objet quantique. Par définition, un objet classique ne peut se trouver dans la situation du
chat de Schrödinger et évoluer dans une superposition macroscopique d’états. Le corollaire
de cela est qu’un objet classique ne suit pas les lois de la Mécanique Quantique [80], ce
qui pose le problème de la frontière entre le monde des objets quantiques et celui des

1Par la suite nous parlerons fréquemment d’états « chats de Schrödinger ». Un tel état pourra in-
différemment désigner un état intriqué entre un système microscopique et un système macroscopique
(ou mésoscopique) comme décrit par l’équation 1 ou une superposition macroscopique d’états telle que
|mort〉 + |vivant〉.



INTRODUCTION 3

objets classiques : existe-t-il une continuité entre ces deux mondes ? Quels sont, s’ils
existent, les paramètres physiques permettant la transition du monde quantique vers le
monde classique ? Le concept de complémentarité apporte des éléments de réponse à ces
questions.

Le concept de complémentarité

Ce concept a été introduit par Bohr et maintes fois discuté [17, 18]. Il a d’abord signifié que
le comportement ondulatoire ou corpusculaire, loin d’être une caractéristique intrinsèque
aux systèmes physiques, se manifeste (ou pas) selon le dispositif expérimental choisi pour
étudier le système : onde et corpuscule seraient donc deux descriptions complémentaires
d’un même système. La notion de complémentarité a dépassé le cadre du débat sur la
dualité onde-corpuscule pour devenir une clef dans la compréhension des phénomènes
quantiques. Elle signifie que la cohérence d’une superposition de deux états |a〉 et |b〉 d’un
système S, dont la signature expérimentale est l’interférence, est détruite s’il existe une
information sur l’état dans lequel se trouve le système. Le problème est simple à formaliser
dans un interféromètre de Mach-Zehnder, présenté figure 1.

Φ

M

'M

1
B

2
B D

a

b
Φ

Fig. 1: Interféromètre de Mach-Zehnder composé de deux lames séparatrices B1 et B2, de
deux miroirs parfaits M et M

′
et d’une lame à retard Φ. |a〉 et |b〉 sont les deux chemins

indiscernables que peut suivre le photon. Des franges d’interférence sont observées, dont
le contraste est maximal.

Le système physique considéré est un photon émis par une source dans le mode a (cor-
respondant à l’onde plane de vecteur d’onde ka). On notera |a〉 l’état correspondant. Une
première lame séparatrice permet de le préparer dans une superposition 1/

√
2(|a〉 + |b〉)

où |b〉 est l’état du photon dans le mode b (correspondant à l’onde plane de vecteur d’onde
kb). Une lame à retard déphase un trajet par rapport à l’autre, l’état du système devient

1

2

[
|a〉 + eiφ |b〉

]
(3)
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Le photon rencontre alors la seconde lame séparatrice, celle-ci impose la transformation

|a〉 −→ 1√
2
(|a〉 + |b〉)

|b〉 −→ 1√
2
(− |a〉 + |b〉) (4)

et à la sortie de l’interféromètre l’état du système est

1

2

[
(1 − eiφ) |a〉 + (1 + eiφ) |b〉

]
(5)

On enregistre alors la probabilité de détecter le photon dans le mode a,

Pa(φ) =
1

2
(1 − cos(φ)) (6)

C’est une figure d’interférence due à l’indiscernabilité des chemins entre B1 et B2. Suppo-
sons maintenant que la première lame séparatrice soit mobile autour d’un ressort spiral
O, et suffisamment légère pour enregistrer la quantité de mouvement P reçue lors du choc
avec le photon (voir figure 2).

Φ

'M

M

2
B

1
B

Φ

D

P

a

b
O

Fig. 2: Interféromètre de Mach-Zehnder, la première lame séparatrice est maintenant
mobile autour d’un ressort spiral O. Les deux chemins suivis par le photon ne sont plus
indiscernables, la lame se comportant comme un détecteur du chemin suivi. Le contraste
des franges est nul si l’information sur le chemin suivi est totale.

Il faut maintenant faire l’étude en tenant compte des états possibles de la lame. On note
|ψa〉 l’état de la lame si le photon est passé dans l’état |a〉, |ψb〉 si le photon est passé dans
l’état |b〉. L’état du système photon-lame avant B2 s’écrit

1

2

[
|a〉 |ψa〉 + eiφ |b〉 |ψb〉

]
(7)

La comparaison avec l’équation 3 montre que l’état de la lame marque le chemin suivi
par le photon : elle se comporte comme un détecteur du chemin suivi par le système. On
parlera par la suite de « détecteur Which-Path ».
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L’état du système à la sortie de l’interféromètre s’écrit

1

2

[
(1 − eiφ) |a, ψa〉 + (1 + eiφ) |b, ψb〉

]
(8)

L’application simple du postulat de la mesure nous donne la probabilité de détecter le
photon dans le mode a

Pa(φ) =
1

2
(1 −ℜ(eiφ 〈ψa|ψb〉)) (9)

Le contraste C = | 〈ψa|ψb〉| de la figure d’interférence est le recouvrement entre les deux
états possibles du détecteur Which-Path. On peut alors considérer deux cas limite :
– Si C = 1 : aucune information n’existe sur le chemin suivi par le photon : on addi-

tionne les amplitudes de probabilité associées à chaque chemin et on retrouve la figure
d’interférence avec un contraste de 1. Le comportement du photon est ondulatoire.

– Si C = 0, il existe une corrélation totale entre l’état de la lame et le chemin suivi par le
photon : on dispose alors d’une information sans ambiguïté sur celui-ci. La figure d’in-
terférence disparaît complètement, et on additionne les probabilités associées à chaque
chemin. Le comportement du photon est corpusculaire.

Si 0 < C < 1, l’information sur le chemin suivi par le photon est partielle. Le contraste
des franges est d’autant moins grand que l’information codée dans la lame est meilleure.
Soulignons qu’il est possible d’établir une relation entre le contraste ou la visibilité des
franges et la « distinguabilité » du chemin suivi [46]. Notons également que l’infinité des cas
intermédiaires où 0 < C < 1 permet de restaurer une continuité entre onde et corpuscule.

De nombreuses illustrations expérimentales du principe de complémentarité ont été réali-
sées, dans le contexte de l’interférométrie atomique [33], des ions piégés [44], des atomes
froids [41, 42] ou de l’Electrodynamique Quantique en Cavité [11]. Dans cette dernière
expérience nous avons réalisé l’exact analogue de l’interféromètre de Mach-Zehnder à lame
séparatrice mobile. Elle est présentée en détail dans la thèse de Patrice Bertet sera exposée
brièvement en section 1.4.3

Comment peut-on être classique ?

Rappelons la définition que nous avons donnée d’un objet classique : c’est un objet qui
ne s’intrique pas avec un objet quantique. On peut étudier l’état de la lame séparatrice
mobile de l’interféromètre de Mach-Zehnder à la lumière de cette définition. On avait
envisagé deux cas limite :

1. C = 1 : les deux états possibles de la lame à l’issue de l’interaction avec le photon
sont identiques. La lame ne s’intrique pas avec le photon, son état peut être factorisé
dans toutes les équations : c’est une lame classique.

2. C = 0 : le système photon-lame se trouve dans un état maximalement intriqué, ce
qui signifie que l’état de la lame donne une information sans ambiguïté sur le chemin
suivi par le photon : c’est une lame quantique.

On voit ici que le contraste des franges d’interférence constitue une mesure du degré
d’intrication entre l’atome et la lame, et par conséquent du comportement quantique ou
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classique de celle-ci. Envisager les cas intermédiaires où 0 < C < 1 nous avait permis de
restaurer la continuité entre onde et corpuscule. Cela nous fournit également un paramètre
pour décrire la transition classique-quantique.

Cette expérience suggère un autre remarque. Comme on l’a vu, la complémentarité stipule
qu’une superposition n’est cohérente que s’il n’existe aucune information sur l’état dans
lequel se trouve le système : il faut donc que ce système soit parfaitement isolé de façon
à ce que son état reste « secret ». C’est sur cette constatation que se fonde la théorie de
la décohérence [102, 103, 104, 82, 83, 31, 32, 101, 60]. Les objets macroscopiques sont
généralement mal isolés et interagissent avec un environnement. Celui-ci recueille très
rapidement une information sans ambiguïté sur l’état du système, détruisant la cohérence
des superpositions éventuelles. La « décohérence » advient d’autant plus rapidement que
les états de la superposition sont plus différents (on parlera de « distance » entre deux états
d’une superposition, ainsi que de la « taille »du chat considéré) et que l’environnement
a moins de mal à les discerner. L’environnement « mesure » donc les objets dans une
base dépendant de la physique de leur interaction. En particulier, cette base fixe la « base
préférée » des appareils de mesure. Pour ce qui concerne le chat, cette base est la base
des états {|vivant〉 , |mort〉} : l’observation permanente de l’environnement contraint donc
le chat à choisir entre l’état « vivant » ou « mort ». Ce faisant, l’environnement projette
également l’atome sur l’état |e〉 ou |g〉. L’environnement a donc transformé les corrélations
quantiques existant initialement en corrélations classiques : la décohérence offre donc un
modèle pour comprendre la transition classique-quantique.

Etudions alors les conditions pour qu’un chat de Schrödinger puisse exister. On distingue
deux temps caractéristiques. Considérons dans un premier temps un système constitué
d’un objet microscopique et d’un objet macroscopique, parfaitement isolé. Le temps ty-
pique T0 au bout duquel les deux objets s’intriquent fournit la première échelle de temps,
correspondant à la « naissance » du chat de Schrödinger. Mettons maintenant ce chat en
contact avec un environnement. Le temps de décohérence du chat Tdecoh donne la seconde
échelle de temps, correspondant à la « mort » de la superposition. Soulignons que ce dé-
coupage en deux séquences distinctes est parfaitement artificiel : une superposition peut
perdre sa cohérence alors même qu’elle est en train de naître. Deux cas limite sont alors
envisageables :
– T0 ≫ Tdecoh : la superposition « décohère » alors qu’elle est en train de naître. Cela

correspond à une observation continue de l’environnement. Une telle situation définit
les objets classiques : en effet, dans ce cas, il n’y a jamais intrication entre l’objet
microscopique et l’objet macroscopique.

– T0 ≪ Tdecoh : le chat naît et survit pendant un temps permettant d’observer sa décohé-
rence.

Notons que dans cette perspective, la frontière entre le monde quantique et le monde
classique ne reproduit pas la frontière entre le monde microscopique et le monde macro-
scopique. C’est l’étude de chaque système et de ses interactions qui permet de déterminer
s’il est classique ou quantique. On peut donc envisager des situations expérimentales au
cours desquelles un objet macroscopique, ou tout au moins mésoscopique, suffisamment
isolé de son environnement, s’intrique avec un objet microscopique. L’Electrodynamique



INTRODUCTION 7

Quantique en Cavité (notée par la suite CQED) autorise ce type de situations. 2

Le contexte de l’Electrodynamique Quantique en Cavité

Présentation générale

Nos expériences d’Electrodynamique Quantique en Cavité (notée par la suite CQED)
visent à étudier expérimentalement l’interaction entre la matière et la lumière sous leur
forme la plus simple [58] : la matière est un système à deux niveaux, la lumière un
oscillateur harmonique à une dimension. Au cours d’une expérience nous préparons un
atome de Rubidium 85 dans un état de Rydberg circulaire. Il est modélisé par un système
à deux niveaux et est analogue à un spin 1/2. Son temps de vie dans l’espace libre est
typiquement 30 ms. Il interagit par couplage dipolaire électrique avec le champ préparé
dans le mode d’une cavité micro-onde supraconductrice de type Fabry-Pérot. Un atome
de Rydberg circulaire présente un grand élément de matrice dipolaire et est très sensible à
la présence d’un champ électrique, si faible soit-il. D’autre part l’interaction atome-champ
est exaltée par le confinement de celui-ci dans un volume modal très faible. Cela permet
d’atteindre un fort couplage, caractérisé par une fréquence de Rabi du vide Ω0 ∼ 50 kHz,
ce qui correspond à une période de Rabi du vide T0 ∼ 20µs (on verra dans la section
suivante que cette fréquence est celle du cycle d’absorptions et d’émissions spontanées
d’un atome interagissant avec le vide quantique). Enfin le mode de la cavité est couplé
par diffraction à une infinité de modes extérieurs qui constituent l’environnement du
système. Ce couplage est responsable du facteur de qualité fini du mode : Q ∼ 3.108, ce
qui correspond à un temps de vie typique du champ dans la cavité de l’ordre de τ = 1 ms.
On a T0 ≪ τ : les conditions sont donc réunies pour observer les effets du couplage fort
entre l’atome à deux niveaux et le mode de la cavité : dans ce régime l’atome et le champ
peuvent s’intriquer fortement. Soulignons que le couplage fort a été observé en CQED
pour des fréquences optiques [94, 96, 86]. La matière a également été couplée au champ
électromagnétique alors qu’elle se trouvait sous forme de particules élémentaires [85], de
molécules [77] ou d’excitons dans des semiconducteurs [95].

Etudions la possibilité de préparer un état chat de Schrödinger dans ce montage. Il faut
pour cela caractériser le couplage entre l’objet microscopique et l’objet mésoscopique,
puis entre l’objet mésoscopique et l’environnement. Comme on l’a vu, l’environnement est
constitué d’une infinité de modes extérieurs qui constituent un bain d’oscillateurs auquel
le mode est couplé. Les états qui ne s’intriquent pas avec cet environnement sont les états
cohérents [39] : ils constituent donc les « états classiques » de la cavité. Ils sont caractérisés
par un nombre complexe α analogue à l’amplitude complexe du champ électromagnétique.
La distribution du nombre de photons dans cet état est poissonienne, le nombre moyen
de photons n̄ du champ dans cet état vérifiant n̄ = |α|2. L’état cohérent sera notre objet
mésoscopique, l’objet microscopique étant bien sûr l’atome de Rydberg. On verra dans
la section suivante que l’interaction résonnante de l’atome et du champ conduit à un

2Par la suite nous ne parlerons que d’objets mésoscopiques et non plus macroscopiques. La première
raison est que l’on ne saurait réellement parler d’objets « macroscopiques »dans notre cavité. La seconde
est que le terme « mésoscopique » sous-entend que la taille de l’objet considéré est variable : un objet
mésoscopique est donc plus adapté pour décrire la frontière classique-quantique.
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état intriqué dans lequel le champ se trouve dans une superposition de deux états de
phases classiques distinctes. L’échelle de temps sur laquelle se construit l’intrication est
T0, période de Rabi du vide. On a pu ainsi préparer des états « Chats de Schrödinger » du
champ électromagnétique. Une bonne mesure de la « taille » du chat évoquée dans la
première partie de cette introduction est donnée par la distance dans le plan complexe
entre les deux composantes du champ, que l’on notera D, le carré de cette distance étant
homogène à un nombre de photons. En effet, on peut montrer qu’une superposition de
deux états cohérents du champ a un temps de décohérence Tdecoh = 2τ/D2. On rappelle
que pour observer un chat, il faut vérifier la condition

T0 ≪ Tdecoh (10)

Cela donne une borne supérieure à la taille des chats que nous pouvons réaliser avec ce
montage : D2 doit être inférieur à 50 photons typiquement. La décohérence se produisant
au cours de la préparation du chat, la distance maximale des chats que nous avons pu pré-
parer est de 20 photons. Venons-en maintenant à la méthode de préparation proprement
dite.

Un nouveau regard sur l’oscillation de Rabi

0.0

0.5

1.0

30 60 900

Pe

Temps d'interaction [ s]

Fig. 3: Oscillation de Rabi dans le vide. La succession d’émissions spontanées et d’ab-
sorptions a lieu à T0 = 20µs, période de Rabi du vide.

Une signature du couplage fort entre l’atome et le mode est qu’à résonance ceux-ci
échangent de façon cohérente et réversible un quantum d’énergie : c’est l’oscillation de
Rabi quantique. Ce signal présente un intérêt fondamental, tant pour étudier des ef-
fets d’optique quantique que d’information quantique. La figure 3 montre l’oscillation de
l’énergie moyenne d’un atome initialement préparé dans l’état excité noté |e〉 interagissant
avec la cavité préparée dans l’état vide |0〉 [27]. La succession d’émissions spontanées et
d’absorptions se produit à la fréquence de Rabi du vide. Au cours de l’interaction l’atome
et le champ s’intriquent. L’état du système atome-champ au bout d’un quart de période
de Rabi s’écrit

|ψ〉 =
1√
2

(|e, 0〉 − i |g, 1〉) (11)
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qui est un état maximalement intriqué.

La terminologie « oscillation de Rabi quantique » est employée par opposition à l’oscilla-
tion de Rabi classique, obtenue lorsque l’atome à deux niveaux interagit avec un champ
classique de même pulsation. L’énergie moyenne de l’atome oscille à la fréquence de Rabi
classique, notée Ω, proportionnelle à l’intensité du couplage entre l’atome et le champ.
Au cours de l’oscillation l’atome et le champ restent dans un état factorisé, le champ
étant essentiellement insensible à l’interaction avec l’atome. Dans la perspective de mieux
comprendre la transition entre le monde classique et le monde quantique, il est intéressant
de considérer des situations expérimentales instaurant une continuité entre l’oscillation
de Rabi classique et l’oscillation de Rabi quantique. Le champ cohérent est bien adapté à
une telle étude. On s’attend en effet à ce qu’il se comporte de façon classique ou quantique
suivant qu’il contient beaucoup ou peu de photons. De façon analogue à la lame sépa-
ratrice de l’interféromètre de Mach-Zehnder, cet état du champ permettrait d’explorer
continûment la frontière classique-quantique.

Au cours de l’expérience présentée dans ce mémoire nous avons étudié l’interaction réson-
nante entre un atome de Rydberg et un champ cohérent contenant un nombre variable
de photons. L’oscillation de Rabi s’effondre au bout d’une période de Rabi du vide quel
que soit le nombre de photons, puis renaît d’autant plus tard que le nombre de photons
est grand. L’effondrement est généralement imputé à la dispersion des fréquences de Rabi
et pourrait être obtenu avec une dispersion continue. En revanche les résurgences de l’os-
cillation proviennent du fait que le champ est quantifié. La limite classique est obtenue
avec

Ω0 −→ 0√
n̄ −→ ∞

Ω0

√
n̄ −→ Ω

(12)

Le spectre de l’oscillation de Rabi est très piqué autour d’une composante Ω0

√
n̄ ∼ Ω.

D’autre part, la période de Rabi du vide devient infinie, ainsi que le temps d’effondrement.
On retrouve l’oscillation de Rabi classique de pulsation Ω de support temporel infini.

Ces propriétés épuisent l’information que le signal atomique peut fournir sur le champ,
et pourraient être observées avec une distribution poissonienne du nombre de photons
p(n) incohérente : le signal atomique ne nous renseigne que sur l’énergie contenue dans
le champ. Or un champ cohérent se caractérise non seulement par son amplitude, mais
aussi par sa phase. Nous avons développé une technique d’analyse de la distribution de
phase du champ cohérent analogue à la technique d’homodynage en optique quantique.
Nous avons constaté expérimentalement qu’au cours de l’oscillation de Rabi, le champ
cohérent mésoscopique s’intrique avec l’atome. L’état du système atome-champ au bout
d’un temps d’interaction t s’écrit

|α, e〉 −→ 1√
2

(|α+(t), ψ+(t)〉 + |α−(t), ψ−(t)〉) (13)

où |α+(t)〉 et |α−(t)〉 sont deux états cohérents de phase classique ±φ(t) avec

φ(t) =
Ω0t

4
√

n̄
(14)
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et |ψ+(t)〉 et |ψ−(t)〉 des superpositions atomiques dont les phases quantiques valent res-
pectivement ±φ(t). La phase quantique de l’état atomique est parfaitement corrélée à la
phase classique du champ cohérent. La situation est analogue à celle du chat de Schrödin-
ger : l’objet microscopique qu’est l’atome laisse son empreinte sur l’objet mésoscopique
qu’est le champ. A la limite classique définie par les équations 12, φ → 0 et l’état du
champ se factorise : on retrouve l’oscillation de Rabi classique.

Le contraste de l’oscillation de Rabi mesure le degré d’intrication du système. L’oscillation
de Rabi peut en effet être vue comme le signal d’interférence entre les deux évolutions qu’a
pu suivre l’atome, le champ agissant comme un détecteur Which-Path. L’effondrement et
les résurgences de l’oscillation peuvent ainsi être interprétées en terme de complémentarité,
se produisant respectivement lors de la séparation et de la recombinaison des composantes
du champ. L’échelle de temps sur laquelle se construit l’intrication est donnée par le
temps d’effondrement de l’oscillation de Rabi, soit la période de Rabi du vide. A la
limite classique ce temps devient infini : on retrouve le fait que le champ est insensible à
l’interaction avec l’atome.

La cohérence des superpositions est estimée par le calcul de la fonction de Wigner associée
à l’état du champ après projection de l’atome sur |e〉 ou |g〉. La taille des chats préparés
par cette méthode vaut D2 = 20 photons.

Nous avons enfin vérifié la corrélation entre un état atomique et un état du champ, en
préparant sélectivement au début de l’interaction l’état |ψ+(0)〉 (respectivement |ψ−(0)〉).
Nous avons constaté qu’au terme de cette interaction le champ ne présente qu’une seule
composante de phase classique φ (respectivement −φ).

Organisation du mémoire

Le premier chapitre est consacré à l’étude théorique de l’oscillation de Rabi d’un atome
dans un champ cohérent contenant un nombre variable de photons. On insistera particuliè-
rement sur le fait que l’oscillation de Rabi peut être vue comme une expérience de complé-
mentarité, le contraste de l’oscillation étant une mesure de l’intrication entre l’atome et le
champ, ce qui fournit un critère quantitatif pour explorer la frontière classique-quantique.

Dans le deuxième chapitre on décrira le dispositif expérimental, en soulignant particuliè-
rement les points qui nous permettent de travailler avec des « systèmes simples » : système
à deux niveaux pour la matière et mode de cavité pour la lumière. On détaillera particu-
lièrement le fonctionnement du nouveau dispositif de détection par ionisation des atomes
que j’ai eu l’occasion de développer. Ce dispositif nous a permis d’atteindre une efficacité
de détection de l’ordre de 80%, contre 40% dans le montage précédent cette thèse.

Le troisième chapitre est dévolu à la présentation d’un corpus d’expériences préliminaires
indispensables. Nous verrons notamment comment caractériser totalement un champ co-
hérent, la calibration de son amplitude étant fondée sur l’interférométrie Ramsey, et l’ana-
lyse de la distribution de phase reposant sur une technique analogue à l’homodynage en
optique quantique.

Le quatrième chapitre contient les résultats des expériences au cours desquelles nous avons
montré la corrélation entre un état atomique et un état du champ, puis l’intrication entre
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ces deux systèmes. Une étude de la cohérence des superpositions réalisées est également
présentée, montrant que la méthode d’interaction résonnante atome-champ constitue une
technique efficace de génération de « grands » chats de Schrödinger.

Le cinquième chapitre est découplé des précédents et propose une étude théorique et
numérique de violation des inégalités de Bell en utilisant des « chats non-locaux », préparés
dans les modes de deux cavités distinctes.
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Chapitre 1

Théorie de l’interaction résonnante

atome-champ

Ce chapitre vise à présenter les résultats théoriques principaux concernant l’interaction
résonnante d’un atome à deux niveaux avec un champ évoluant à la frontière classique-
quantique. Les deux systèmes sont couplés par l’interaction dipolaire électrique. Sont
rappelés dans un premier temps les résultats de la théorie semi-classique, puis la théorie
quantique de l’interaction matière-rayonnement. Nous verrons ensuite que l’interaction
atome-champ cohérent permet d’établir une continuité entre les deux approches, conti-
nuité que nous utiliserons pour déterminer l’évolution d’un champ mésoscopique en inter-
action résonnante avec un atome à deux niveaux.

1.1 Interaction atome-champ classique

1.1.1 Hamiltonien semi-classique

Expression dans l’approximation de l’onde tournante

On considère un champ électrique classique d’expression E(r, t) = E0(r) cos(ωt + φ) sup-
posé réel. Ce champ interagit par couplage dipolaire électrique avec un atome dont une
base des états internes est notée {|e〉 , |g〉}, ω0 étant la fréquence de la transition. L’étude
sera dans un premier temps faite dans le cas général où ω0 6= ω. L’atome étant un sys-
tème à deux niveaux, il est analogue à un spin 1/2 et on parlera dans la suite par abus
de langage de polarisation atomique. Le Hamiltonien libre de l’atome s’écrit

Ĥ0 =
~ω0

2
(|e〉 〈e| − |g〉 〈g|) (1.1)

soit dans la base {|e〉 , |g〉}

H0 =
~ω0

2
σz (1.2)

13
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où σz est une des matrices de Pauli dont on rappelle ici l’expression :

σx =

(
0 1
1 0

)
σy =

(
0 −i
i 0

)
σz =

(
1 0
0 −1

)
(1.3)

Le Hamiltonien de couplage atome-champ s’écrit quant à lui

V̂ = −d̂.E(r, t) (1.4)

où d̂ est l’opérateur dipôle électrique. Posant deg = 〈e| d̂ |g〉, il vient

V = −(deg.E0(r) σ+ + d
∗
eg.E0(r) σ−) cos(ωt + φ) (1.5)

où σ− = |g〉 〈e| et σ+ = |e〉 〈g|. On ne tient pas compte des degrés de liberté externes
de l’atome, supposé immobile au point r. On omettra donc par la suite la dépendance
spatiale des paramètres. On peut choisir deg réel. Posons alors deg.E0 = −~Ω, il vient

V = ~Ω cos(ωt + φ)(σ− + σ+) (1.6)

Ω est appelée fréquence de Rabi classique et caractérise l’intensité du couplage entre le
dipôle atomique et le champ électrique. Le Hamiltonien total de l’atome s’écrit finalement

H = H0 + V =
~ω0

2
σz + ~Ω cos(ωt + φ)(σ− + σ+) (1.7)

C’est le Hamiltonien semi-classique décrivant l’interaction entre un atome à deux niveaux
et un champ classique. La recherche des états propres de ce Hamiltonien s’effectue habi-
tuellement dans le référentiel tournant à la fréquence du champ. Dans cette représentation,
on applique aux états et aux observables la transformation

|ψ〉 −→ ˜|ψ〉 = R(t) |ψ〉
O −→ Õ(t) = R(t) O R+(t)

(1.8)

où R(t) = exp(iωt/2 σz)

La dynamique de ˜|ψ〉 est régie par le Hamiltonien effectif Heff

Heff = i~ṘR+ + H̃ (1.9)

où H̃ est le transformé de 1.7 par la rotation R(t) :

H̃ =
~ω0

2
σz + ~Ω cos(ωt + φ)(eiωtσ+ + e−iωtσ−) (1.10)

Il vient

Heff =
~δ

2
σz +

~Ω

2
(e−iφσ+ + eiφσ) +

~Ω

2
(ei(2ωt+φ)σ+ + e−i(2ωt+φ)σ−) (1.11)

où δ = ω0 − ω. L’approximation de l’onde tournante revient à ne conserver que le terme
constant, soit

Heff =
~δ

2
σz +

~Ω

2
(e−iφσ+ + eiφσ−) (1.12)

qui peut se récrire

Heff =
~δ

2
σz +

~Ω

2
(cos(φ)σx + sin(φ)σy) (1.13)



1.1. INTERACTION ATOME-CHAMP CLASSIQUE 15

Etats propres

Posons Ωeff tel que
Ωeff =

√
Ω2 + δ2 (1.14)

On a alors

Heff =
~Ωeff

2
(uxσx + uyσy + uzσz) =

~Ωeff

2
u.σ (1.15)

où

u =




cos θ cos φ
cos θ sin φ

sin θ


 (1.16)

avec

tan θ =
Ω

δ
(1.17)

et σ est un vecteur dont les composantes sont les matrices de Pauli.

L’observable u.σ a pour valeurs propres +1 et −1. Les états propres associés sont notés
|+u〉 et |−u〉 et ont pour expression

|+u〉 = cos(θ/2)e−iφ/2 |e〉 + sin(θ/2)eiφ/2 |g〉
|−u〉 = − sin(θ/2)e−iφ/2 |e〉 + cos(θ/2)eiφ/2 |g〉 (1.18)

u.σ analyse la polarisation de l’atome dans la direction u. Si le système est dans l’état
|+u〉 la mesure de u.σ donne systématiquement +1. On représente donc usuellement |+u〉
par le vecteur u (voir figure 1.1). On note que cette représentation est très générale car
tout état d’un système à deux niveaux peut, à une phase globale près, être mis sous la
forme |+u〉 : il peut donc être représenté par un vecteur évoluant sur une sphère de rayon
1 appelée sphère de Bloch. La phase quantique de la superposition |+u〉 est égale à la phase
géométrique de u dans la sphère de Bloch. Remarquons que cette phase est également la
phase classique du champ E(t).

|+u〉 et |−u〉 sont bien sûr états propres de Heff , les énergies associées sont respectivement

E+ = ~Ωeff/2
E− = −~Ωeff/2

(1.19)

Remarquons que dans cette représentation l’axe z de la sphère de Bloch est défini par les
états propres du Hamiltonien libre, soit |e〉 et |g〉 qui peuvent être ainsi respectivement
notés |+z〉 et |−z〉 (voir figure 1.1).

Dynamique du système

Supposons qu’à l’instant initial l’atome se trouve dans l’état
∣∣∣ψ̃

〉
. Cet état peut être

décomposé de la façon suivante
∣∣∣ψ̃

〉
= cos(α/2)e−iβ/2 |+u〉 + sin(α/2)eiβ/2 |−u〉 (1.20)
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Fig. 1.1: Représentation de la sphère de Bloch. La phase quantique de la superposition
|+u〉 est égale à la phase géométrique de u dans la sphère de Bloch.

{|+u〉 , |−u〉} étant états propres du Hamiltonien H̃, l’évolution de l’état atomique est
donnée très simplement par

∣∣∣ψ̃(t)
〉

= cos(α/2)e−i(β+Ωeff t)/2 |+u〉 + sin(α/2)ei(β+Ωeff t)/2 |−u〉 (1.21)

L’évolution temporelle se réduit donc à la transformation suivante : β −→ β + Ωefft.Cela
correspond dans la sphère de Bloch à une rotation autour de l’axe défini par les états
propres du Hamiltonien. Cette rotation a lieu à la pulsation Ωeff . Par analogie avec la
résonance magnétique, on peut définir le vecteur champ effectif Ω = Ωeffu. L’évolution du
système est une rotation autour de ce vecteur. La norme de celui-ci donne la fréquence
de la rotation.

Dans le cas particulier où le champ électrique est éteint (Ω = 0), le vecteur champ effectif
est aligné avec l’axe z. L’évolution de l’état atomique est une rotation autour de cet axe
à la pulsation δ. Cela correspond dans le référentiel fixe à une rotation autour de l’axe z
à la pulsation ω0, qui est le phénomène bien connu de précession de Larmor.

1.1.2 Cas d’un couplage résonnant

Stationnarité des états, interprétation énergétique

Considérons maintenant le cas où le champ est résonnant avec l’atome. Les états sta-
tionnaires du Hamiltonien se trouvent dans le plan équatorial de la sphère de Bloch et
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Fig. 1.2: L’évolution temporelle est une rotation autour de l’axe défini par les états
propres du Hamiltonien.

s’écrivent
|+〉 = 1√

2
(e−iφ/2 |e〉 + eiφ/2 |g〉)

|−〉 = 1√
2
(−e−iφ/2 |e〉 + eiφ/2 |g〉) (1.22)

Il peut être utile d’interpréter la stationnarité des états |+〉 et |−〉 à l’aide d’une image
classique. Supposons qu’à l’instant initial l’atome est préparé dans le référentiel fixe dans
l’état |+〉. Comme t = 0 on a dans le référentiel tournant |̃+〉 = |+〉 : l’atome se trouve dans

un état stationnaire du Hamiltonien effectif : à une phase globale près on a |̃+〉(t) = |+〉.
L’état de l’atome exprimé dans le référentiel fixe est

|ψ+(t)〉 = R+(t) |+〉 =
1√
2
(e−i(ωt+φ)/2 |e〉 + ei(ωt+φ)/2 |g〉) (1.23)

Calculons la valeur moyenne de l’observable dipôle atomique. On rappelle que d̂ a le
développement suivant dans la base {|e〉 ; |g〉}

d̂ = deg(σ
− + σ+) (1.24)

On a alors

〈ψ+(t)| d̂ |ψ+(t)〉 =
1

2
deg(e

−i(ωt+φ) + ei(ωt+φ)) (1.25)

soit
〈ψ+(t)| d̂ |ψ+(t)〉 = deg cos(ωt + φ) (1.26)
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L’atome a donc un dipôle oscillant dans le temps avec la même fréquence et la même phase
que le champ électrique classique E(r, t). Or un dipôle oscillant en phase avec le champ
électrique dans lequel il se trouve n’échange pas d’énergie avec lui : l’énergie du dipôle
est stationnaire. Le même raisonnement pourrait être effectué sur l’état stationnaire |−〉 :
l’atome préparé initialement dans l’état |−〉 a un dipôle atomique tel que

〈ψ−(t)| d̂ |ψ−(t)〉 = −deg cos(ωt + φ) (1.27)

Un dipôle classique oscillant en opposition de phase n’échange pas de travail avec le champ
électrique dans lequel il est plongé, son énergie est également stationnaire.

Oscillation de Rabi classique

On étudie ici le cas φ = 0 (cas d’un champ électrique réel) sans restreindre la généralité
du problème. L’évolution d’un état atomique quelconque est une rotation autour de l’axe
x à la pulsation Ω. Supposons que le système se trouve initialement dans l’état |e〉. On a

|e〉 =
1√
2
(|+〉 + |−〉) −→ |ψ(t)〉 =

1√
2
(e−iΩt/2 |+〉 + eiΩt/2 |−〉) (1.28)

Récrivons |ψ(t)〉 dans la base {|e〉 ; |g〉} :

|ψ(t)〉 = cos(Ωt/2) |e〉 − i sin(Ωt/2) |g〉) (1.29)

Calculons la probabilité de détecter l’atome dans l’état |e〉 à l’instant t,

Pe = | 〈e|ψ(t)〉|2 =
1

2
(1 − cos(Ωt)) (1.30)

Pe(t) oscille au cours du temps à la pulsation Ω : c’est le phénomène de l’oscillation de Rabi
classique. Cette oscillation est d’autant plus rapide que le couplage est fort entre l’atome
et le champ électrique. On peut souligner quelques temps caractéristiques remarquables
(voir figure 1.3)
– A Ωt = π/2 on a préparé une superposition cohérente à poids égaux des états |e〉 et |g〉

(impulsion π/2)

|ψ(t = π/2)〉 =
1√
2
(|e〉 − i |g〉) (1.31)

– A Ωt = π (impulsion π) l’atome a émis avec certitude un quantum d’énergie (phénomène
d’émission stimulée).

– A Ωt = 2π l’état atomique est égal à l’état initial, modulo une phase de π.
L’équation 1.28 montre que l’oscillation de Rabi est un simple battement quantique entre
les états |+〉 et |−〉. Ce lien entre l’oscillation de Rabi et la complémentarité sera développé
dans la section 1.4.3.



1.2. INTERACTION AVEC UN CHAMP QUANTIQUE 19

/ 2π

x

y

z

| e >

| g >

| + > | − >

2π

π

Fig. 1.3: Oscillation de Rabi classique résonnante obtenue pour δ = 0. Le vecteur champ
effectif est parallèle à l’axe x, l’oscillation a lieu à la pulsation Ω. Sont mentionnés sur
la figure et commentés dans le texte les temps caractéristiques de l’oscillation de Rabi :
impulsion π/2, π et 2π.

1.2 Interaction avec un champ quantique

1.2.1 Etats et observables

Nous allons dans un premier temps quantifier, de façon très simple, le champ électroma-
gnétique à l’intérieur d’une cavité. L’évolution du champ électrique (classique) E(r, t) est
donnée par l’équation d’onde

1

c2

∂2
E

∂2t
− ∆E = 0 (1.32)

On suppose E polarisé linéairement dans la direction ǫ. D’autre part, le confinement incite
à chercher E(r, t) sous la forme d’une onde stationnaire. Posons

E(r, t) = ǫf(r)g(t) (1.33)

où f(r) est une fonction que nous supposerons ici réelle, vérifiant l’équation de Helmholtz

∆f + k2f = 0 (1.34)

et les conditions limite. f(r) décrit la structure spatiale d’un mode propre de la cavité.
Elle est définie à un facteur près : on la choisit telle que son maximum sur le volume de
la cavité soit égal à 1. On pose alors

Vmode =

∫

cav

f2(r)d3
r (1.35)
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C’est le volume du mode qui caractérise le confinement du champ. La résolution de l’équa-
tion 1.32 donne, sachant que E est réel

E(r, t) = ǫE0f(r)(αe−iωt + α∗eiωt) (1.36)

avec

E0 =

√
~ω

2ǫ0Vmode

(1.37)

où E0 est le champ par photon. L’énergie H du champ électromagnétique dans ce mode
s’écrit

H =

∫

cav

ǫ0E
2

2
+

B2

2µ0

(1.38)

soit puisque nous considérons une onde stationnaire

H =

∫

cav

ǫ0E
2 (1.39)

désigne une moyenne temporelle sur un temps grand devant la période de l’onde. Il vient

H = 2ǫ0VmodeE2
0 |α|2 (1.40)

soit
H = ~ω|α|2 (1.41)

α est donc un nombre sans dimension caractérisant l’énergie contenue dans le mode. Les
équations 1.36 et 1.41 décrivent l’amplitude et l’énergie d’un oscillateur harmonique de
variables normales {αe−iωt; α∗eiωt} : la quantification du champ électromagnétique dans
la cavité est donc analogue à la quantification de l’oscillateur harmonique. Le champ
électrique et l’énergie deviennent respectivement l’observable champ électrique Ê et le
Hamiltonien Ĥ du mode. Dans la représentation de Schrödinger ceux-ci ont pour expres-
sion

Ê(r) = E0f(r)(a + a+) (1.42)

Ĥ = ~ω(a+a +
1

2
) (1.43)

où a et a+ sont les opérateurs annihilation et création d’un photon dans le mode. Une base
de l’espace des états du champ est donnée par les états propres de l’opérateur nombre
N̂ = a+a notés |n〉 et appelés états nombre.

On peut définir des observables conjuguées dans ce contexte. On rappelle que l’on dé-
finit pour l’oscillateur harmonique des observables conjuguées réduites proportionnelles
respectivement à l’observable position et à l’observable quantité de mouvement

q̂ =
a + a+

2
(1.44)

p̂ =
a − a+

2i
(1.45)

On a
[q̂, p̂] = i (1.46)
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L’équation 1.46 implique que le produit des dispersions lors des mesures de q̂ et p̂ sur
un état quelconque ne peut être inférieur à 1/4 . Dans notre cas q̂ et p̂ sont appelées les
quadratures du champ électrique ; leur sens physique, ainsi que le sens à attribuer à leur
non-commutation, sera étudié dans la section 1.3.

1.2.2 Interaction dipolaire électrique

Hamiltonien de Jaynes-Cummings

On peut maintenant étudier l’interaction entre l’atome à deux niveaux et le champ quan-
tifié. Le Hamiltonien dipolaire électrique (voir équation 1.4) devient après quantification
du champ

V̂ = −d̂.Ê(r) (1.47)

Posons alors
~Ω0 = −2 E0deg.f(r) (1.48)

Ω0 est appelée fréquence de Rabi du vide et caractérise l’intensité du couplage entre
l’atome et le mode. Il vient

V̂ =
~Ω0

2
(|e〉 〈g| + |g〉 〈e|)(a + a+) (1.49)

Le Hamiltonien global du système atome-champ s’écrit

Ĥ =
~ω0

2
(|e〉 〈e|−|g〉 〈g|)+~ω(N̂+

1

2
)+

~Ω0

2
(a+ |g〉 〈e|+a |e〉 〈g|)+~Ω0

2
(a |g〉 〈e|+a+ |e〉 〈g|)

(1.50)
On se place en représentation d’interaction par rapport au Hamiltonien Ĥ0 d’expression

Ĥ0 =
~ω

2
(|e〉 〈e| − |g〉 〈g|) + ~ω(N̂ +

1

2
) (1.51)

Dans cette représentation, le ket d’état du système noté |ψI〉 évolue sous l’action du
Hamiltonien transformé V̂I avec

V̂I =
~δ

2
+

~Ω0

2
(a+ |g〉 〈e| + a |e〉 〈g|) +

~Ω0

2
(e2iωta+ |e〉 〈g| + e−2iωta |g〉 〈e|) (1.52)

où δ = ω0 − ω. Comme précédemment, l’approximation de l’onde tournante consiste à
éliminer le terme oscillant rapidement dans le temps ; V̂I devient alors

V̂I =
~δ

2
+

~Ω0

2
(a+ |g〉 〈e| + a |e〉 〈g|) (1.53)

Il est à noter que ce Hamiltonien en représentation d’interaction dérive du Hamiltonien
en représentation de Schrödinger d’expression

ĤJC =
~ω0

2
(|e〉 〈e| − |g〉 〈g|) + ~ω(N̂ +

1

2
) +

~Ω0

2

(
a+ |g〉 〈e| + a |e〉 〈g|

)
, (1.54)

connu sous le nom de Hamiltonien de Jaynes et Cummings [58].
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Etats habillés

Nous allons maintenant étudier en représentation d’interaction par rapport à Ĥ0 les états
stationnaires de 1.53. Le terme a+ |g〉 〈e| représente l’émission d’un photon dans le mode
et la désexcitation de l’atome, le terme hermitique conjugué représentant l’excitation de
l’atome avec absorption d’un photon. On voit que l’effet de V̂I est de coupler deux par
deux les états {|e, n〉 ; |g, n + 1〉} (on appellera l’espace engendré par ces deux états la
multiplicité Hn) , l’état |g, 0〉 étant stationnaire. On peut donc diagonaliser V̂I à l’in-
térieur de chaque multiplicité. L’expression de la matrice représentant V̂I dans la base
{|e, n〉 ; |g, n + 1〉} est

VI =
~δ

2
σz +

~Ωn

2

(
σ− + σ+

)
(1.55)

où
Ωn = Ω0

√
n + 1 (1.56)

Le système étudié est un système à deux niveaux parfaitement analogue à un spin 1/2,
ce qui permet d’utiliser les résultats obtenus sur la sphère de Bloch. Conformément à ce
qui a été vu dans la section 1.1, les états propres du Hamiltonien s’écrivent

∣∣∣+(hab)
n

〉
=

1√
2

(cos(θn/2) |e, n〉 + sin(θn/2) |g, n + 1〉)
∣∣∣−(hab)

n

〉
=

1√
2

(− sin(θn/2) |e, n〉 + cos(θn/2) |g, n + 1〉)
(1.57)

avec

tan(θn) =

√
Ω2

n + δ2

δ
(1.58)

|+n〉 et |−n〉 sont appelés états habillés du système atome-champ. Les énergies associées
s’écrivent

E
(hab)
+,n =

~

2

√
δ2 + Ω2

n

E
(hab)
−,n = −~

2

√
δ2 + Ω2

n

(1.59)

Oscillation de Rabi quantique

δ permet de définir deux grands types de couplage : dispersif et résonnant. Le couplage
résonnant correspond à δ = 0. Les états habillés définis équation (1.57) prennent la forme
très simple

|+n〉 = 1√
2
(|e, n〉 + |g, n + 1〉)

|−n〉 = 1√
2
(|e, n〉 − |g, n + 1〉) (1.60)

Les énergies associées respectivement à chaque état valent

E+,n =
~Ωn

2

E−,n = −~Ωn

2

(1.61)
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Si le système atome-champ a initialement été préparé dans l’état |e, n〉, la probabilité de
détecter l’atome dans l’état excité en fonction du temps d’interaction avec le champ est,
conformément à l’équation 1.30

Pe,n(t) =
1

2
(1 − cos(Ωnt)) (1.62)

L’atome et le mode échangent réversiblement un quantum d’énergie à la fréquence Ωn :
c’est le phénomène général d’oscillation de Rabi quantique, qui affecte toute paire de
niveaux couplés dégénérés en énergie. Dans le cas particulier où n = 0 (interaction d’un
atome dans l’état excité avec le vide), la séquence d’émissions spontanées et d’absorptions
se produit à la fréquence Ω0, d’où sa dénomination de fréquence de Rabi du vide. Les
dénominations d’impulsions π/2, π et 2π introduites en section 1.1 restent valables. On
constate qu’au cours de l’interaction se forme un état intriqué du système atome-champ.
Cette intrication est maximale dans le cas de l’impulsion π/2, en effet

|ψ(t = π/2)〉 =
1√
2
(|e, n〉 − i |g, n + 1〉) (1.63)

ce qui est l’expression d’un état de Bell pour le système bipartite constitué de l’atome à
deux niveaux et du champ dont l’espace des états est restreint à {|n〉 ; |n + 1〉}.

Couplage dispersif

Le couplage dispersif est défini par
δ ≫ Ωn (1.64)

Le vecteur champ effectif est alors quasi-aligné avec l’axe z. Les énergies des états habillés
données équation 1.59 peuvent être développées en série de Ω2

n/δ2, soit en s’arrêtant au
premier ordre en ce paramètre

E
(disp)
+,n =

~δ

2
+

~Ω2
n

4δ

E
(disp)
−,n = −~δ

2
− ~Ω2

n

4δ

(1.65)

Le système initialement préparé dans l’état |e, n〉(respectivement dans l’état |g, n + 1〉)
reste dans cet état et accumule une phase globale −iE

(disp)
+,n t/~ (respectivement −iE

(disp)
−,n t/~).

Au cours de cette évolution aucun échange d’énergie n’a lieu entre l’atome et la cavité.
Un état atomique ne s’intrique pas avec le champ et est simplement déphasé.

Il est d’usage de se placer dans la représentation d’interaction par rapport au Hamiltonien
ĥ0, représenté dans la base {|e, n〉 , |g, n + 1〉} par

=
~δ

2
σz (1.66)

Considérons alors l’état |e, n〉. En supposant l’équation 1.64 satisfaite, la phase accumulée
lors de la traversée de la cavité vaut

φ+,n = −i(n + 1)

2

∫ +∞

−∞

Ω2
0(t)

4δ
dt (1.67)
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On pose tdint le temps effectif d’interaction 1 tel que

tdint =

∫ +∞

−∞
exp(−2v2t2/w2

0)dt (1.68)

soit

tdint =

√
πw0√
2v

(1.69)

et le déphasage par photon φ0 tel que

φ0 =
Ω2

0t
d
int

4δ
(1.70)

L’évolution du système atome-champ s’écrit alors, dans la base {|e, n〉 , |g, n〉}

|e, n〉 −→ e−i(n+1)φ0 |e, n〉
|g, n〉 −→ einφ0 |g, n〉 (1.71)

Le couplage dispersif est utilisé dans l’interférométrie Ramsey intervenant dans la calibra-
tion d’un champ cohérent (voir section 3.2) ou dans la mesure de la fonction de Wigner
(voir chapitre 5).

L’équation 1.64 qui définit les conditions du couplage dispersif dans le cas général peut
être rendue moins stricte dans notre contexte. En effet comme on le verra chapitre 2 le
mode de la cavité a une forme gaussienne. Un atome de vitesse v voit donc une fréquence
de Rabi du vide dépendante du temps d’expression Ω0(vt) = Ω0 exp(−v2t2/w2

0) où w0 est
le col du mode. Le couplage au mode peut être adiabatique, et le système atome-champ
suivre une évolution dispersive. Des simulations numériques ont montré que la condition
d’adiabaticité se réduisait à [40]

δ ≫ Ω0 (1.72)

Par abus de langage, on pourra donc parler de couplage dispersif si l’équation 1.72 est
satisfaite.

1.3 Interaction atome-champ cohérent

1.3.1 Propriétés d’un champ cohérent

Construction d’un état quasi-classique

Dans la perspective d’explorer la frontière classique-quantique il est intéressant d’utiliser
des états |α〉 du champ dont un paramètre réglable nous permettra de passer continûment
du régime quantique au régime classique. Il est connu que les états dits quasi-classiques
satisfont cette rpopriété. Pour les construire, une condition nécessaire habituellement ad-
mise [38] est que les valeurs moyennes de l’observable champ électrique et du Hamiltonien

1Ce temps effectif sera également défini dans le cas du couplage résonnant au chapitre 3. Nous ne
l’avons pas introduit dans ce chapitre théorique dans le but d’alléger les notations.
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dans ces états correspondent aux valeurs classiques du champ et de l’énergie données par
les équations 1.36 et 1.41. A l’instant t = 0 cette condition est

〈α| Ê |α〉 = E0f(r)(α + α∗)

〈α| Ĥ |α〉 = ~ω|α|2 (1.73)

ce qui équivaut au jeu d’équations

〈α| a |α〉 = α
〈α| a+a |α〉 = |α|2 (1.74)

Posons alors l’opérateur b = a − α1̂, il vient

〈α| b+b |α〉 = 0 (1.75)

La norme du ket b |α〉 est nulle, ce qui signifie que b |α〉 = 0, soit a |α〉 = α |α〉. Par
construction, |α〉 est état propre de l’opérateur annihilation avec la valeur propre α.
Développons |α〉 sur la base des états nombre, une simple récurrence montre que

|α〉 = e−|α|2/2
∑

n

αn

√
n!

|n〉 (1.76)

|α〉 peut s’écrire sous la forme d’un opérateur unitaire D(α) agissant sur le vide. D(α) est
appelé opérateur déplacement, son expression est

D(α) = eαa+−α∗a (1.77)

L’expression 1.76 montre que l’évolution de l’état |α〉 sous l’effet du Hamiltonien libre du
champ induit

|α〉 −→ |α(t)〉 = e−iωt/2
∣∣αe−iωt

〉
(1.78)

Le nombre décrivant le champ quasi-classique tourne dans le plan complexe à la pulsa-
tion ω, ce qui était attendu d’après l’expression 1.36 du champ électrique classique. La
distribution du nombre de photons dans un tel état est poissonnienne

Pn = e−|α|2 |α|2n

n!
(1.79)

et respecte les propriétés des statistiques poissoniennes :

n̄ = |α|2 (1.80)

∆n =
√

n̄ (1.81)

Quadratures du champ

Il est possible à ce stade de donner un sens physique aux observables q̂ et p̂ définies
équation 1.44 et 1.45. En effet les valeurs moyennes de q̂ et p̂ dans l’état |α(t)〉 sont

〈α(t)| q̂ |α(t)〉 = ℜ(αe−iωt)
〈α(t)| p̂ |α(t)〉 = ℑ(αe−iωt)

(1.82)
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Ce jeu d’équations indique que q̂ et p̂ sont deux quadratures du champ électrique, définies
de telle façon qu’à l’instant initial la phase du champ soit la phase de α dans le plan
complexe. D’un point de vue géométrique, 〈α| q̂ |α〉 et 〈α| p̂ |α〉 sont l’abscisse et l’ordonnée
du point α. On convient de noter q̂ l’axe des réels et p̂ l’axe des imaginaires (voir figure
1.4). On peut définir d’autres observables q̂θ et p̂θ telles que

q̂θ = 1
2
(eiθa + e−iθa+)

p̂θ = 1
2i

(eiθa − e−iθa+)
(1.83)

On a
〈α(t)| q̂θ |α(t)〉 = ℜ(αe−i(ωt−θ))
〈α(t)| p̂θ |α(t)〉 = ℑ(αe−i(ωt−θ))

(1.84)

De même, q̂θ et p̂θ sont deux quadratures du champ électrique, définies de telle façon
qu’à l’instant initial la phase du champ soit φ − θ, où φ est la phase de α. Dans notre
représentation q̂θ et p̂θ correspondent à un jeu d’axes tourné de θ par rapport au repère
initial.

p̂

α| |
q̂
θ

p̂

q̂

θ

θ

q̂< <

<< q̂
θ

<p̂<

φ

Fig. 1.4: Représentation géométrique des quadratures. Le champ est préparé dans l’état
|α〉 avec α = |α|eiφ. Les valeurs moyennes 〈α| q̂ |α〉 et 〈α| p̂ |α〉 (respectivement 〈α| q̂θ |α〉
et 〈α| p̂θ |α〉) correspondent aux projections de α sur les axes notés q̂ et p̂ (respectivement
q̂θ et p̂θ) .

Dans le cas du champ quasi-classique les dispersions sur les mesures de q̂ et p̂ sont égales
et minimales :

∆q = ∆p =
1

2
(1.85)

Cela est également valable pour tous les couples de quadratures q̂θ et p̂θ. On convient de
représenter l’état cohérent dans le plan complexe par un disque d’incertitude de rayon
1/2. L’incertitude sur la mesure des quadratures induit une incertitude sur l’amplitude et
la phase du champ cohérent. Appelons δφ la largeur typique de la distribution de phase
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obtenue. D’après la figure 1.5 on peut poser

δφ =
∆pφ

|α| =
1

2
√

n̄
(1.86)

1/2

p̂
ϕ

ϕ

α| |

q̂
ϕ

p̂

q̂

δϕ

Fig. 1.5: Evaluation de l’incertitude sur la distribution de phase δφ.

Limite classique

Deux conditions sont nécessaires pour retrouver le champ classique défini à la section 1.1.
D’une part

|α| −→ ∞ (1.87)

Les dispersions relatives sur les mesures de toutes les observables tendent alors vers 0. Du
point de vue géométrique le champ électrique est représenté par un point dans le plan
complexe, qui est maintenant assimilable au plan de Fresnel. D’autre part le module du
champ électrique doit garder une valeur finie |E0(r)|

2|α|E0|f(r)| −→ |E0(r)| (1.88)

ce qui implique pour le champ par photon

E0 −→ 0 (1.89)

On rappelle

E0 =

√
~ω

2ǫ0Vmode

(1.90)

Cette condition est atteinte pour Vmode −→ ∞, ce qui revient à considérer une onde
stationnaire dans une cavité dont la taille tend vers l’infini.
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1.3.2 Oscillation de Rabi dans un champ cohérent mésoscopique

On se place dans le cas oò δ = 0. Considérons la situation où l’état initial du système
atome-champ est |e, α〉. L’atome interagit avec une superposition d’états de Fock dont
la distribution de probabilité Pn est donnée par l’équation 1.79. Le signal Pe(t) est une
somme de sinusoïdes de fréquences respectives Ωn pondérées par Pn :

Pe(t) =
1

2

∑

n

Pn (1 − cos(Ωnt)) (1.91)

La figure 1.6 est un calcul numérique de Pe(t) dans un champ de 20 photons.

PØriode de Rabi du vide

Fig. 1.6: Simulation numérique de Pe(t) en fonction de T0, période de Rabi du vide. Le
signal est calculé pour un atome interagissant de façon résonnante avec un champ cohé-
rent de 20 photons. L’oscillation de Rabi présente des effondrements et des résurgences.

Comme on peut le voir figure 1.7 l’oscillation s’effondre au bout d’une période de Rabi
du vide du fait de la dispersion des fréquences Ωn. La période de Rabi du vide sera par
la suite notée T0. On peut obtenir un ordre de grandeur du temps d’effondrement Teff en
écrivant qu’au bout de ce délai l’oscillation de Rabi la plus rapide est en avance de π sur
l’oscillation la plus lente. Pour un nombre moyen de photons suffisamment grand (champ
mésoscopique), la fréquence de l’oscillation de Rabi Ωn = Ω0

√
n + 1 pour un champ dans

l’état |n〉 est bien approchée par l’expression suivante :

Ωn ≃ Ωn̄ + Ω0
n − n̄

2
√

n̄
(1.92)

où on a fait l’approximation, le champ étant mésoscopique, n̄ ∼ n̄ + 1. Le temps d’effon-
drement est défini de la façon suivante

(Ωn̄+∆n/2 − Ωn̄−∆n/2)Teff ≃ π (1.93)
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PØriode de Rabi du vide

Fig. 1.7: Même signal aux temps courts. L’oscillation s’effondre au bout d’une période
de Rabi du vide.

Il vient

Ω0
∆n

2
√

n̄
Teff ≃ π (1.94)

La dispersion des fréquences étant de l’ordre de
√

n̄, on a

Teff ≃ 2π

Ω0

= T0 (1.95)

Remarquons que Teff est indépendant du nombre de photons moyen contenu dans le champ
cohérent. On trouvera section 1.4.3 une interprétation géométrique de cet effet.

Un tel effondrement pourrait être obtenu avec une dispersion continue des fréquences
de Rabi. Il reflète simplement la propriété bien connue en optique que la durée du train
d’onde émis par une source est l’inverse de la largeur spectrale de cette source : l’équivalent
optique de l’effondrement de l’oscillation de Rabi pourrait ainsi être l’effet dit de « blanc
d’ordre supérieur ». En revanche les résurgences de l’oscillation sont une signature de
la quantification du champ électromagnétique [43], le signal renaissant lors de la remise
en phase des différentes oscillations de Rabi. D’après l’expression 1.92 deux fréquences
successives diffèrent de

δΩ =
Ω0

2
√

n̄
(1.96)

La remise en phase de deux signaux ayant deux fréquences de Rabi successives s’effectue
à TR avec

δΩ TR = 2π (1.97)

soit
TR = 2T0

√
n̄ (1.98)

On peut se demander si la limite classique définie par les équations 1.87 et 1.88 permet
de retrouver l’oscillation de Rabi classique étudiée dans la section 1.1. L’équation 1.91
montre que le spectre de l’oscillation de Rabi se compose des fréquences Ω0

√
n + 1 avec
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des poids Pn où Pn est la distribution poissonienne donnée par l’équation 1.79. Si n̄ −→ ∞
cette distribution devient une gaussienne très piquée autour de n̄ : à la limite classique, le
signal Pe(t) oscille donc à la fréquence Ω0

√
n̄, qui d’après la condition 1.88 tend vers Ω,

fréquence de Rabi classique. D’un point de vue temporel Ω0 −→ 0 donc Teff = T0 −→ ∞ :
le signal a un support temporel infini. On retrouve bien l’oscillation de Rabi classique.

1.4 Oscillation de Rabi à la frontière classique-quantique

On a étudié dans les deux premières sections l’interaction d’un atome à deux niveaux avec
un champ classique, puis quantique. Dans la troisième section on a construit les états
quasi-classiques (on parlera également d’états cohérents) du champ électromagnétique.
Ces états sont définis par un paramètre complexe α dont la variation du module permet
de passer continûment du régime quantique au régime classique. L’oscillation de Rabi
dans un champ cohérent tend vers l’oscillation de Rabi classique si le champ lui-même
devient classique au sens des conditions 1.87 et 1.88. L’ensemble de résultats forme donc
un corpus cohérent.

On a vu qu’au cours de leur interaction un atome et un état nombre devenaient intriqués,
alors qu’un champ classique tel que celui décrit dans la section 1.1 reste insensible à
l’interaction avec l’atome. Comme on l’a vu en introduction, le degré d’intrication atome-
champ semble un bon critère pour étudier le comportement du champ à la frontière
classique-quantique : nous allons dans cette section étudier comment évolue cette quantité
en fonction de n̄.

1.4.1 Evolution du système atome-champ

Oscillation de Rabi dans un champ mésoscopique

Soulignons ici que des calculs détaillés pourront être trouvés dans les références [51, 52,
29, 63].

Pour caractériser l’intrication entre l’atome et le champ au cours de l’oscillation de Rabi il
est utile d’écrire l’évolution du système atome-champ cohérent dans le cas où celui-ci est
mésoscopique (on définira ce terme plus quantitativement section 1.4.2, nous contentant
ici de supposer n̄ ≫ 1). Considérons l’état initial |e, α〉 où |α〉 est un état quasi-classique
défini équation 1.76. On pose les coefficients Cn tels que

|α〉 =
∑

n

Cn |n〉 (1.99)

On suppose α réel, ce qui ne restreint pas la portée de l’étude qui suit. On se place en
représentation d’interaction. Le Hamiltonien du système atome-champ est donné par 1.53
avec δ = 0. On a

|e, α〉 =
∑

n

Cn |e, n〉 =
1√
2

∑

n

Cn (|+n〉 + |−n〉) (1.100)
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où |+n〉 et |−n〉 sont définis équations 1.60.

L’état évolue donc ainsi

|e, α〉 −→ 1√
2

(
∑

n

Cne−iΩ0
√

n+1/2 |+n〉 +
∑

n

Cne
iΩ0

√
n+1/2 |−n〉

)
(1.101)

Posons |ψa(t)〉 et |ψb(t)〉 tels que

|ψa(t)〉 =
∑

n

Cne−iΩ0
√

n+1/2 |+n〉 (1.102)

|ψb(t)〉 =
∑

n

CneiΩ0
√

n+1/2 |−n〉 (1.103)

On a

|ψa(t)〉 =
1√
2

∑

n

Cne−iΩ0
√

n+1/2(|e, n〉 + |g, n + 1〉) (1.104)

soit

|ψa(t)〉 =
1√
2

(
∑

n

Cne−iΩ0
√

n+1/2 |e, n〉 +
∑

n≥1

Cn−1e
−iΩ0

√
n/2 |g, n〉

)
(1.105)

Le champ étant mésoscopique, Cn ∼ Cn−1 et on peut remplacer Cn−1 par Cn dans l’équa-
tion 1.105 :

|ψa(t)〉 =
1√
2

∑

n

Cn

(
e−iΩ0

√
n+1/2 |e, n〉 + e−iΩ0

√
n/2 |g, n〉

)
(1.106)

L’équation 1.106 contient une contribution additionnelle par rapport à l’équation 1.105 :
celle de C0 |g, 0〉. Comme le champ est mésoscopique C0 ≈ 0 : on néglige de retrancher cette
contribution. La prise en compte du terme de droite de l’équation 1.101 annulle d’ailleurs
exactement ce terme. En revanche le fait que le champ soit granulaire (n 6= n+1) ne peut
être négligé dans l’argument des exponentielles. On fait l’approximation

√
n + 1 ≃ √

n +
1

2
√

n̄
(1.107)

|ψa(t)〉 peut alors être récrit de la façon suivante

|ψa(t)〉 =
1√
2

(
∑

n

Cne
−i

Ω0
√

nt

2 |n〉
) (

e
−i

Ω0t

4
√

n̄ |e〉 + |g〉
)

(1.108)

Le champ étant mésoscopique on peut faire le développement limité suivant

√
n ≃

√
n̄ +

n − n̄

2
√

n̄
− (n − n̄)2

8n̄3/2
+ o((n − n̄)3) (1.109)

En négligeant le terme du second ordre, il vient finalement
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|ψa(t)〉 =
1√
2
e−i

Ω0
√

n̄t

4

∑

n

(
Cne

−i
Ω0nt

4
√

n̄ |n〉
) (

e
−i

Ω0t

4
√

n̄ |e〉 + |g〉
)

(1.110)

Posons

φ(t) =
Ω0t

4
√

n̄
(1.111)

On reconnaît l’expression du champ cohérent
∣∣αe−iφ(t)

〉
. L’état |ψa(t)〉 au bout du temps

t s’écrit finalement

|ψa(t)〉 =
1√
2

e−in̄φ(t)
∣∣αe−iφ(t)

〉
(e−iφ(t) |e〉 + |g〉) (1.112)

On peut mener la même étude sur le terme de droite |ψb(t)〉 de l’équation 1.101. On a

|ψb(t)〉 =
1√
2

ein̄φ(t)
∣∣αeiφ(t)

〉
(eiφ(t) |e〉 − |g〉) (1.113)

On a finalement l’évolution suivante

|α, e〉 −→ 1√
2

(
e−in̄φ(t)

∣∣αe−iφ(t)
〉
(e−iφ(t) |e〉 + |g〉) + ein̄φ(t)

∣∣αeiφ(t)
〉
(eiφ(t) |e〉 − |g〉)

)

(1.114)

Limite classique

Pour comprendre le sens physique de chaque terme, on peut étudier la limite classique de
cette expression. On rappelle qu’elle consiste à effectuer

√
n̄ −→ ∞

Ω0 −→ 0
Ω0

√
n̄ −→ Ω

(1.115)

On fera l’étude à t fixé, et on exprimera les différentes quantités en fonction de n̄ et de
Ω. On a

φ −→ 0

n̄φ =
Ω0

√
n̄t

4
−→ Ωt

4

(1.116)

Les limites des états atomiques s’écrivent

1√
2
(e−iφ(t) |e〉 + |g〉) −→ |+〉

1√
2
(eiφ(t) |e〉 − |g〉) −→ |−〉

(1.117)

où |+〉 et |−〉 sont les états stationnaires du Hamiltonien classique (voir équation 1.22).
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Etudions à présent la limite de
∣∣αe−iφ

〉
. La phase classique de ce champ cohérent tend

vers 0, donc
∣∣αe−iφ

〉
tend vers |α〉 à une phase globale près. Pour connaître cette phase

globale quantique on peut calculer 〈α|αe−iφ(t)〉. On a de façon générale

〈α| β〉 = exp(−|α|2
2

) exp(−|β|2
2

) exp(−α∗β) (1.118)

d’où
〈α|αe−iφ〉 = exp(−|α|2) exp(−|α|2e−iφ) (1.119)

Il vient, sachant que φ ≪ 1,

〈α|αe−iφ〉 ∼ exp(− n̄φ2

2
) exp(−in̄φ) (1.120)

On a n̄φ2/2 ∼ Ω2t2/8n̄ ≪ 1, d’où

〈α|αe−iφ〉 −→ exp(−i
Ωt

4
) (1.121)

On a donc ∣∣αe−iφ
〉
−→ exp(−i

Ωt

4
) |α〉 (1.122)

On montrerait de même que

∣∣αeiφ
〉
−→ exp(i

Ωt

4
) |α〉 (1.123)

D’après 1.117,1.122, et 1.123, l’équation 1.114 admet la limite classique suivante :

|α, e〉 −→ 1√
2

(
e−iΩt/2 |α, +〉 + eiΩt/2 |α,−〉

)
(1.124)

On peut alors factoriser l’état du champ, il vient

|α, e〉 −→ 1√
2

(
e−iΩt/2 |+〉 + eiΩt/2 |−〉

)
|α〉 (1.125)

qui est l’expression de l’oscillation de Rabi dans un champ classique. Soulignons que la
limite classique définie par les équations 1.87 et 1.88 aboutit bien à un comportement
classique du champ au sens de la complémentarité.

Génération d’états Chats de Schrödinger du champ électromagnétique

Les équations 1.122 et 1.123 invitent à poser |α+(t)〉 et |α−(t)〉 sous la forme

|α+(t)〉 = ein̄φ(t)
∣∣αe−iφ(t)

〉

|α−(t)〉 = e−in̄φ(t)
∣∣αeiφ(t)

〉 (1.126)

tels qu’à la limite classique
|α+(t)〉 −→ |α〉
|α−(t)〉 −→ |α〉 (1.127)
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Fig. 1.8: Représentation géométrique du système global atome-champ cohérent dans
un plan commun. Le dipôle atomique et le champ cohérent restent alignés au cours de
l’évolution sans échanger d’énergie.

Corrélativement posons

|ψ+(t)〉 = 1√
2

e−2in̄φ(t)
(
e−iφ(t) |e〉 + |g〉

)

|ψ−(t)〉 = 1√
2

e2in̄φ(t)
(
eiφ(t) |e〉 + |g〉

) (1.128)

qui admettent pour limite classique

|ψ+(t)〉 −→ e−iΩt/2 |+〉
|ψ−(t)〉 −→ eiΩt/2 |−〉 (1.129)

L’équation 1.114 s’écrit dans ces notations

|α, e〉 −→ 1√
2

(|α+(t), ψ+(t)〉 + |α−(t), ψ−(t)〉) (1.130)

La phase quantique de la superposition |ψ+(t)〉 (respectivement |ψ−(t)〉) est corrélée à
la phase classique du champ |α+(t)〉 (respectivement |α+(t)〉). On voit qu’un système
microscopique (l’atome à deux niveaux) laisse son empreinte sur un objet mésoscopique
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Fig. 1.9: Evolution du système atome-champ mésoscopique

(le champ cohérent) : on se trouve dans la situation proposée par Schrödinger par la
métaphore du chat. Le système atome-champ évolue dans un état intriqué qui est un état
chat de Schrödinger ; l’analyse du degré d’intrication sera faite section 1.4.3.

On peut donner une interprétation énergétique à cette corrélation : l’état |α+(t), ψ+(t)〉
est clairement identifié : il devient dans la limite classique e−iΩt/2 |α, +〉. |+〉 est l’état
stationnaire du Hamiltonien classique représenté par un vecteur de Bloch aligné avec
le vecteur champ effectif. Comme on l’a vu dans la section 1.1 cela correspond au cas
où l’atome et le champ n’échangent pas d’énergie, l’atome ayant un dipôle oscillant en
phase avec le champ électrique. On voit que si le champ devient mésoscopique, le dipôle
atomique et le champ cohérent sont déphasés de la même quantité φ. Dans la sphère de
Bloch, le dipôle atomique reste donc aligné avec le vecteur champ effectif : l’atome et le
champ n’échangent toujours pas d’énergie, l’état du système atome-champ reste factorisé.
L’interprétation est également valable en ce qui concerne l’évolution de |α,−〉 en |α−, ψ−〉,
où le dipôle atomique et le vecteur champ effectif restent antiparallèles.

Il peut être utile de représenter géométriquement l’évolution du système global atome-
champ. Les représentations de l’atome et du champ appartiennent a priori à des espaces
disjoints. Cependant, les états atomiques |ψ+(t)〉 et |ψ+(t)〉 sont tels que les populations
de |e〉 et |g〉 restent égales au cours du temps : les vecteurs qui les représentent évoluent
donc dans le plan équatorial de la sphère de Bloch. D’autre part, on a vu que l’on peut
représenter le champ cohérent |α〉 par un disque d’incertitude dans le plan complexe.
Convenons donc de représenter les deux systèmes dans un plan commun. Les axes x et y
de ce plan sont d’une part assimilés aux axes x et y du plan équatorial de la sphère de
Bloch, et d’autre part aux axes réel et imaginaire du plan complexe où évolue le champ
cohérent. Soulignons qu’on a le choix de tracer une vue de dessus ou une vue de dessous
du plan équatorial. On choisit ici la vue de dessous, de façon à ce que |ψ+(t)〉 et |α+(t)〉
évoluent dans le même sens. La figure 1.8 illustre ce choix de représentation. Dans le cas
où l’atome est initialement préparé dans l’état |e〉, l’évolution du système atome-champ
est donnée par l’équation 1.130 et est représentée figure 1.9.
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1.4.2 Limite de validité des approximations

Etude du temps d’interaction

Si on ne néglige pas le terme du second ordre dans l’expression 1.109 l’expression du
champ |α+(t)〉 est modifiée de la façon suivante

|α+(t)〉 → ein̄φ(t)
∑

n

Cne
−inφ(t) exp

(
i
Ω0t(n − n̄)2

16n̄3/2

)
|n〉 (1.131)

C’est l’expression d’un champ cohérent dont la phase s’étale par effet Kerr, le temps au
bout duquel cette diffusion de phase devient visible est donné par

Ω0

16n̄
∼ 1

Le temps d’interaction doit donc respecter

Ω0t ≪ 16n̄

Comme on le verra cette inégalité fut respectée lors des expériences réalisées.

Etude de n̄

Fig. 1.10: Variation de Q en fonction du nombre de photons initialement injectés

L’étude théorique réalisée est valable pour des champs mésoscopiques. Le but de cette
section est de quantifier le caractère mésoscopique du champ.
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Fig. 1.11: Variation de πQmax en fonction du nombre de photons initialement injectés

Supposons que n̄ soit trop petit pour que l’on puisse appliquer l’approximation n ∼ n+1 :
l’évolution de l’état |+, α〉 ne conduit alors pas à des expressions simples pour le champ.
En conséquence l’état final du champ n’est plus un état cohérent. La fonction Q, qui
prend ses valeurs dans l’espace des phases du champ, est particulièrement adaptée pour
évaluer l’écart entre l’état final du champ et le champ cohérent de même énergie. C’est
une distribution de quasi-probabilité contenant toute l’information sur le champ [92]. Elle
est définie de la façon suivante :

Q(α) =
1

π
Tr(ρ |α〉 〈α|) (1.132)

où ρ est la matrice densité du champ. Elle mesure donc à un facteur π près le recouvrement
du champ avec l’état cohérent |α〉. L’équation 1.132 peut se récrire

Q(α) =
1

π
Tr(D(α) |0〉 〈0|D+(α)ρ̂) (1.133)

soit

Q(α) =
1

π
Tr(|0〉 〈0|D+(α)ρ̂D(α)) (1.134)

Q évaluée au point α représente donc simplement la probabilité de mesurer le champ l’état
|0〉 (notée P (0)) après déplacement de celui-ci de −α.

Si le champ est dans un état cohérent |β〉 la fonction Q associée s’écrit

Q|β〉(α) =
1

π
exp(−|α − β|2

2
) (1.135)

C’est une gaussienne centrée autour du point β, symétrique de révolution autour de ce
point. Les lignes de niveaux d’une telle fonction sont donc des cercles. On voit représentées
figure 1.10 les fonctions Q finales du champ après interaction avec l’atome pendant T0,
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pour des champs cohérents initiaux de différentes amplitudes. Moins le champ injecté
contient de photons, plus il se déforme au cours de l’oscillation de Rabi.

Un critère pour quantifier le caractère cohérent du champ résultant est la valeur maximale
de sa fonction πQ sur l’espace des phases, qui vaudra 1 si le champ est cohérent et sera
inférieure sinon. On présente figure 1.11 l’évolution de ce maximum en fonction du nombre
de photons injectés dans le champ cohérent initial. Le temps d’interaction est toujours
T0. La courbe sature autour d’une valeur typique de 10 photons. Cela nous fournit une
borne inférieure pour n̄. Comme on le verra cette borne sera respectée dans les expériences
présentées.

1.4.3 Oscillation de Rabi et complémentarité

Oscillation de Rabi et interférence à deux ondes, analogie

Comme on l’a souligné section 1.1 l’oscillation de Rabi classique peut être interprétée
comme une interférence quantique entre deux chemins indiscernables : le signal d’oscil-
lation de Rabi semble analogue au signal enregistré à la sortie d’un interféromètre de
Mach-Zehnder vu en introduction. Il faut justifier cette analogie. On rappelle que dans
l’interféromètre de Mach-Zehnder les états indiscernables sont les états notés |a〉 et |b〉, la
phase φ entre les deux chemins est contrôlée par une lame déphasante, une première lame
séparatrice permet de préparer la superposition d’états |a〉 et |b〉. L’ensemble constitué
par la seconde lame séparatrice et le détecteur est équivalent à analyser l’état du photon
dans la base {|c〉 ; |d〉} avec

|c〉 = 1√
2
(|a〉 + |b〉)

|d〉 = 1√
2
(− |a〉 + |b〉) (1.136)

On détecte enfin le photon dans l’état |c〉.
Dans le cas de l’oscillation de Rabi l’état initial s’écrit

|e〉 =
1√
2
(|+〉 + |−〉) (1.137)

L’état initial est donc déjà une superposition à poids égaux des états |+〉 et |−〉, qui
constituent les « chemins » indiscernables. Leur déphasage relatif est contrôlé par le temps
d’interaction atome-champ. On analyse à la fin l’état de l’atome dans la base {|e〉 ; |g〉}
définie par

|e〉 = 1√
2
(|+〉 + |−〉)

|g〉 = 1√
2
(− |+〉 + |−〉) (1.138)

et on détecte l’atome dans l’état |e〉. L’analogie est donc totale entre l’interféromètre de
Mach-Zehnder et l’oscillation de Rabi classique. L’oscillation de Rabi dans un champ
cohérent constitue, comme on va le voir, l’analogue de l’interféromètre de Mach-Zehnder
à lame séparatrice mobile.
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Le champ vu comme un détecteur Which-Path

Etudions maintenant ce que devient le signal d’oscillation de Rabi si le champ devient
mésoscopique. On rappelle que l’on a (équation 1.130)

|α, e〉 −→ 1√
2

(|α+(t)〉 |ψ+(t)〉 + |α−(t)〉 |ψ−(t)〉) (1.139)

Lorsqu’on le détecte dans l’état |e〉, l’atome a pu suivre deux chemins : |ψ+(t)〉 ou |ψ−(t)〉,
marqués par deux états distincts du champ : |α+(t)〉 ou |α−(t)〉. La probabilité de détecter
l’atome dans l’état |e〉 au cours du temps s’écrit

Pe(t) = 〈e| ρ̂at |e〉 (1.140)

où ρ̂at est la matrice densité réduite de l’atome, obtenue en traçant la matrice densité
globale ρ̂ sur les états du champ. On a

ρ̂at(t) =
1

2
(|ψ+(t)〉 〈ψ+(t)| + |ψ−(t)〉 〈ψ−(t)| + |ψ+(t)〉 〈ψ−(t)| 〈α−(t)|α+(t)〉 + h.c.)

(1.141)
où h.c. désigne l’hermitique conjugué du terme immédiatement précédent. Il vient

〈e| ρ̂at(t) |e〉 =
1

2

(
1 + ℜ(e−4in̄φ(t)e−2iφ(t) 〈α−(t)|α+(t)〉)

)
(1.142)

On peut négliger le terme en e−2iφ(t) devant e−4in̄φ(t). On rappelle d’autre part que 〈α−(t)|α+(t)〉
est réel. Il vient

〈e| ρ̂at(t) |e〉 =
1

2

(
1 + 〈α−(t)|α+(t)〉 cos(Ω0

√
n̄t))

)
(1.143)

C’est une oscillation à la pulsation Ω0

√
n̄ dont le contraste C(t) vérifie

C(t) = 〈α−(t)|α+(t)〉 (1.144)

ce qui est analogue au contraste des franges dans l’interféromètre de Mach-Zehnder à lame
séparatrice mobile présenté en introduction. On pouvait s’attendre à ce résultat : le champ
se comporte comme un détecteur du chemin suivi par l’atome ; le contraste de la figure
d’interférence est donc réduit d’un facteur égal au recouvrement des deux états possibles
du champ. D’après l’équation 1.118, le produit scalaire de |α+(t)〉 et |α−(t)〉 s’exprime
simplement

〈α−(t)|α+(t)〉 = e−n̄(1−cos(2φ(t)) (1.145)

Plaçons nous à des temps de l’ordre de T0. Comme le champ est mésoscopique, on a
φ(t) ≪ 1. Il vient

〈α−(t)|α+(t)〉 ∼ e−2n̄φ2

(1.146)

soit

〈α−(t)|α+(t)〉 ∼ exp(−Ω2
0t

2

8
) (1.147)
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On peut finalement récrire l’équation 1.143 de la façon suivante

〈e| ρ̂at(t) |e〉 =
1

2

(
1 + exp(−Ω2

0t
2/8) cos(Ω0

√
n̄t))

)
(1.148)

ce qui constitue une expression analytique conforme au signal représenté figure 1.7. Cal-
culons à partir de cette expression le temps d’effondrement de l’oscillation Teff

Teff ∼ 2
√

2/Ω0 (1.149)

ce qui correspond bien à l’ordre de grandeur calculé équation 1.95.

Interprétation géométrique

On peut interpréter géométriquement cet effondrement, en effet

〈α−(t)|α+(t)〉 = exp(−|α−(t) − α+(t)|2
2

) (1.150)

|α−(t)−α+(t)| est la distance entre les deux composantes du champ dans le plan complexe.
L’effondrement se produit dès que les deux composantes du champ, c’est à dire les deux
états possibles du détecteur Which-Path, sont séparées, ce qui correspond à une distance
de l’ordre de 1. On comprend maintenant pourquoi le temps d’effondrement ne dépend
pas du nombre de photons injectés : en effet (voir figure 1.12)

|α−(t) − α+(t)| ∼ 2
√

n̄ sin(φ(t)) (1.151)

soit

|α−(t) − α+(t)| ∼ Ω0t

2
(1.152)

Au bout de T0, l’information sur l’état de l’atome codée dans l’état du champ est totale
et l’intrication atome-champ maximale : si le dispositif expérimental permet de sonder
ces échelles de temps, le champ apparaît quantique.

02
2

t
αϕ

Ω
≈

2ϕ

α

Fig. 1.12: L’effondrement de l’oscillation de Rabi advient dès que les composantes du
champ sont séparées. Le temps de l’effondrement est indépendant du nombre moyen de
photons dans le champ initial.
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2ϕ 2π≈

Fig. 1.13: Les résurgences de l’oscillation de Rabi sont dues à la recombinaison des
composantes du champ.

Les résurgences de l’oscillation peuvent aussi être interprétées en terme de complémenta-
rité, en effet elles se produisent à chaque recombinaison des composantes du champ (voir
figure 1.13).

La première recombinaison a lieu à TR tel que

Ω0TR

4
√

n̄
∼ π (1.153)

soit
TR ∼ 2T0

√
n̄ (1.154)

ce qui confirme le calcul qualitatif de la section 1.3. On voit sur la figure 1.6 que le
contraste de l’oscillation lors de sa résurgence n’atteint pas 1 mais 1/2 contrairement à
ce que l’analyse en terme de complémentarité pourrait laisser supposer. Cela est dû au
phénomène de diffusion de phase qui ne peut plus être négligé à cette échelle de temps.

Superpositions mésoscopiques d’états du champ : quelques propriétés

Un autre temps remarquable est le temps T1/2 = TR/2. A cet instant en effet, l’état du
système atome-champ a pour expression

|ψ(t)〉 =
1

2
((−i)n̄(−i |e〉 + |g〉) |−iα〉 + in̄(i |e〉 − |g〉) |iα〉) (1.155)

soit

|ψ(t)〉 =
1

2
(i |e〉 − |g〉) (in̄ |iα〉 − (−i)n̄ |−iα〉) (1.156)

A ce point l’état atomique est décorrélé de l’état du champ. Quel que soit l’état de
l’atome, le champ se trouve dans une superposition de deux composantes mésoscopiques
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de phases classiques distinctes. A une phase quantique globale près, cette superposition a
pour expression

1√
2

(|iα〉 − (−1)n |−iα〉) (1.157)

La distribution Pn du nombre de photons dans un tel état vérifie

P2n = 0 (1.158)

C’est donc un état du champ de parité définie. C’est avec des états de ce type que nous
proposons la violation d’une inégalité de Bell dans un montage à deux cavités, comme on
le verra au chapitre 5. La préparation de tels états du champ requiert de faire interagir
l’atome et le champ pendant des temps de l’ordre de

√
n̄T0. Or, comme nous le verrons,

notre montage ne nous permet d’obtenir des temps d’interaction maximaux que de l’ordre
de deux à trois périodes de Rabi.

En faisant interagir l’atome initialement préparé dans |e〉 et le champ pendant un temps
t quelconque, puis en projetant l’atome sur |e〉 ou |g〉, on obtient également une superpo-
sition mésoscopique d’états du champ, dont la parité n’est pas définie. On rappelle que
l’état du système atome-champ au bout d’un temps t s’écrit (équation 1.114)

|α, e〉 −→ 1√
2

(
e−in̄φ

∣∣αe−iφ(t)
〉
(e−iφ(t) |e〉 + |g〉) + ein̄φ

∣∣αeiφ(t)
〉
(eiφ(t) |e〉 − |g〉)

)
(1.159)

Détectons alors l’atome dans |g〉, l’état du champ devient

|ψchp〉 =
1√
2
(e−in̄φ

∣∣αe−iφ(t)
〉

+ ein̄φ
∣∣αeiφ(t)

〉
) (1.160)

qui est un état Chat de Schrödinger 2. On a vu en introduction que l’on peut caractériser
de tels états du champ par leur distance, qui est la distance dans le plan complexe entre
les deux composantes du champ. Cette distance intervient dans le temps de décohérence
Tdecoh de la superposition, temps typique pour que la superposition cohérente devienne
un mélange statistique. On peut calculer géométriquement cette distance

D = 2
√

n̄ sin

(
Ω0t

4
√

n̄

)
(1.161)

Constatons ici qu’à grand nombre de photons la distance du chat préparé ne dépend que
du temps effectif d’interaction entre l’atome et le champ

D =
Ω0t

2
(1.162)

Une analyse détaillée des chats ainsi synthétisés sera réalisée section 4.4.

2Comme on l’a précisé en introduction, on appellera indifféremment Chat de Schrödinger les états
intriqués de l’atome et du champ ou les superpositions macroscopiques d’états du champ qui en dérivent.
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1.4.4 Complémentarité et classicité

Une autre expérience de complémentarité

Une expérience fondée sur l’oscillation de Rabi et illustrant la notion de complémentarité
a déjà été réalisée dans notre groupe [11] ; on trouvera sa description complète dans la
thèse de Patrice Bertet. L’interféromètre utilisé n’est plus un interféromètre de Mach-
Zehnder mais un interféromètre de Ramsey dont les détails théoriques et expérimentaux
sont exposés chapitre 3. L’interférométrie Ramsey consiste à faire subir à un atome préa-
lablement préparé dans |e〉 deux impulsions π/2 classiques qui mélangent les états |e〉 et
|g〉. Ces deux impulsions sont analogues aux deux lames séparatrices. La phase φ de la su-
perposition atomique entre les impulsions est ajustable expérimentalement. On construit
enfin la probabilité de détecter l’atome dans |g〉 en fonction de φ : on trouve

Pg(φ) =
1

2
(1 + cos(φ)) (1.163)

L’oscillation de contraste 1 est due à l’interférence quantique entre les évolutions indis-
cernables qu’a pu suivre l’atome : émettre un photon lors de la première impulsion ou
lors de la seconde. Supposons maintenant que la première impulsion π/2 soit réalisée non
plus dans un champ classique, mais dans le champ cohérent |α〉 injecté dans le mode de
la cavité. Appelons Tπ/2(n̄) le temps auquel a lieu la première égalisation des populations
atomiques. Le système atome-champ à cet instant s’écrit

∣∣ψ(Tπ/2(n̄))
〉

=
1√
2

(|e, αe〉 + |g, αg〉) (1.164)

où |αe〉 et |αg〉 sont les états du champ corrélés à |e〉 et |g〉 respectivement. On voit
que l’état du champ dans la cavité marque le chemin suivi par l’atome entre les deux
impulsions. Conformément à l’analyse ci-dessus, le contraste des franges de Ramsey se
trouve modulé par |〈αe |αg〉 |.
Cette expérience réalise l’interféromètre de Mach-Zehnder à lame séparatrice mobile pré-
senté en introduction. On peut de même envisager deux cas limite :
– α = 0. La première impulsion π/2 est réalisée dans le vide. On sait alors qu’à une phase

globale près |αe〉 = |0〉 et |αg〉 = |1〉. On a donc |〈αe |αg〉 | = 0 et l’intrication entre
l’atome et le champ est totale.

– α −→ ∞. Dans ce cas le calcul donne |〈αe |αg〉 | −→ 1. Le champ |α〉 est insensible
à l’interaction avec l’atome, et |α〉 peut être factorisé dans toutes les équations : c’est
donc un champ classique.

Au cours de l’expérience nous avons enregistré des franges de Ramsey pour différentes
valeurs de |α| et pointé leur contraste. Le signal expérimental (voir figure 1.14) montre une
augmentation rapide du contraste mesuré en fonction de n̄ = |α|2, puis une saturation,
conformément au calcul théorique. Nous avons ainsi pu déterminer une valeur typique du
champ pour laquelle la saturation était atteinte : au vu de cette expérience un champ
peut être considéré comme classique à partir de n̄ ∼ 10 photons.
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Fig. 1.14: Contraste des franges de Ramsey en fonction du nombre moyen de photons
injectés initialement dans le mode de la cavité. Les carrés sont les points expérimentaux,
la ligne est un ajustement théorique en fixant pour valeur limite le contraste intrinsèque
de l’interféromètre, égal à 75%.

Conclusion

Il peut être utile à ce stade de synthétiser les résultats obtenus sur le caractère classique ou
quantique du champ dans la cavité. A partir du concept de complémentarité introduit par
Bohr, on a défini un champ classique comme un champ ne s’intriquant pas avec un atome
à deux niveaux lors de leur interaction résonnante. Le degré d’intrication atome-champ
apparaît sur le contraste de franges d’interférence entre deux états atomiques.

D’après les résultats présentés dans ce chapitre, un champ cohérent mésoscopique s’in-
trique avec un atome à deux niveaux au bout d’une période de Rabi T0, quel que soit
le nombre de photons n̄. Dans l’expérience de complémentarité, l’intrication est sondée
au temps Tπ/2(n̄) correspondant à la première impulsion π/2 de l’atome dans un champ
contenant n̄ photons. L’oscillation de Rabi ayant une pulsation Ωn = Ω0

√
n̄, Tπ/2(n̄) vérifie

Tπ/2(n̄) ∼ π

2Ω0

√
n̄

(1.165)

soit

Tπ/2(n̄) ∼ T0

4
√

n̄
(1.166)

Le champ ne s’intrique pas avec l’atome et a donc un comportement classique tant que

Tπ/2(n̄) ≪ T0 (1.167)

ce qui est bien vérifié si n̄ > 10.

Le champ présente ainsi un comportement classique ou quantique suivant la façon dont il
est sondé par l’atome. L’expérience de complémentarité nous a fourni un critère pour qu’un
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champ se comporte comme une lame séparatrice quantique ou classique. L’expérience
d’oscillation de Rabi a permis d’étudier l’interaction atome-champ sur des temps effectifs
plus longs. Elle nous indique que tout objet mésoscopique, si lourd soit-il, peut ressentir
l’effet d’un objet microscopique et s’intriquer avec lui. La manifestation du caractère
quantique de l’objet dépend du temps dont on dispose pour faire interagir l’atome et le
champ. On peut faire une analogie avec l’analyse d’une source lumineuse présentant une
certaine largeur spectrale ∆ν par un interféromètre de Michelson. 1/∆ν définit la durée
typique du train d’onde. Le signal d’interférence entre deux trains d’onde décroît donc dès
que leur différence de marche est de l’ordre de c/∆ν où c est la vitesse de la lumière. Pour
que l’interféromètre soit sensible à ∆ν, il doit donc pouvoir sonder de telles différences de
marche, faute de quoi l’onde apparaît temporellement cohérente. Dans notre cavité nous
disposons d’un temps d’interaction suffisant pour observer l’effondrement de l’oscillation
de Rabi : le montage présente ainsi un pouvoir de résolution suffisant pour observer le
comportement quantique du champ. On va maintenant présenter les caractéristiques de
ce montage.
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Chapitre 2

Outils expérimentaux

Ce chapitre vise à présenter nos principaux outils expérimentaux. Ces outils sont le fruit
de nombreuses années de travail dont il ne saurait être question ici de rendre compte in
extenso. On trouvera diverses descriptions dans les thèses de Gilles Nogues, Arno Rau-
schenbeutel, Stefano Osnaghi et Patrice Bertet qui ont précédé celle-ci [75, 88, 93, 84]
ainsi que dans la référence [87]. On se bornera donc à justifier les modèles simples de
lumière et de matière qui fondent le chapitre précédent. En revanche la nouvelle détection
du montage actuel, que j’ai eu l’occasion de développer, fera l’objet de la section 2.3.

Notre but est d’étudier l’interaction matière-rayonnement dans le régime de couplage
fort. La matière est modélisée par un système à deux niveaux. Pour cela, on prépare
des atomes de 85Rb dans des états de Rydberg circulaires. Ces états sont caractérisés
par un long temps de vie (30ms) et un fort couplage au champ électromagnétique. Nous
utilisons particulièrement dans nos expériences les états de nombre quantique principal 51
et 50, notés par la suite |e〉 et |g〉 respectivement. La fréquence de la transition atomique
est typiquement 51 GHz. Les états de Rydberg circulaires sont présentés section 2.1, les
détails de leur préparation sont donnés en annexe.

La lumière est constituée de photons micro-onde dans le mode d’une cavité de type Fabry-
Pérot, composée de deux miroirs sphériques en Nb massif refroidie à 0.6 K (voir section
2.2). A cette température le Niobium est supraconducteur, ce qui assure que les miroirs
n’absorbent pas le champ de la cavité. Ils sont d’autre part polis à l’échelle optique.
Cela permet d’obtenir un facteur de qualité de l’ordre de Q = 3.108, ce qui correspond
à un temps de relaxation du champ de l’ordre de 1ms. La fréquence du mode utilisé
est de l’ordre de 51 GHz également. Le confinement du champ dans un faible volume
modal permet d’atteindre un fort couplage, caractérisé par une période de Rabi du vide
T0 ∼ 20µs, ce qui très inférieur aux temps caractéristiques des phénomènes de relaxation.
Ces caractéristiques permettent d’atteindre le régime de couplage fort entre l’atome et le
mode.

Le schéma général de notre expérience d’électrodynamique quantique en cavité est illustré
figure 2.1. Les atomes de 85Rb sont chauffés dans un four à 190

◦
. Ils forment un jet

thermique horizontal, tandis que l’axe de la cavité passant par le centre des deux miroirs
est vertical. Des diaphragmes assurent la collimation du jet atomique dont l’extension
transverse est de l’ordre du mm. Les vitesses atteintes sont des vitesses thermiques, qui

47
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s’échelonnent entre 150m/s et 600m/s, ce qui permet de sonder l’interaction résonnante
atome-champ sur des temps effectifs allant jusqu’à 3T0.

Les atomes sont préparés dans des états de Rydberg circulaires de façon pulsée. La fenêtre
temporelle est de l’ordre de 2µs autour d’un instant défini avec un pas de 100 ns. L’endroit
où lieu la préparation est également très bien défini par la largeur des faisceaux laser
d’excitation. Combiné à une sélection de vitesse Doppler présentée en détail dans la thèse
de Xavier Maître [74] ainsi qu’en annexe, ce dispositif nous permet de sélectionner des
classes de vitesse avec une dispersion relative inférieure à 1%.

La préparation des états de Rydberg circulaires est poissonienne. C’est un inconvénient
important de ce dispositif, car on veut étudier l’interaction d’un atome et un seul avec le
champ. Le temps d’allumage du laser d’excitation permet le contrôle du nombre moyen
N̄ d’atomes par paquet. Nous nous plaçons dans des conditions de flux faible (N̄ < 0.1)
pour que nous puissions négliger les événements à deux atomes. La détection d’un atome
correspond donc à la situation idéale où un atome et un seul a interagi avec un mode du
champ électromagnétique.

Les atomes entrent alors dans la cavité où ils peuvent interagir avec le champ classique
contenu dans les zones de Ramsey généré par une source notée SR, ou avec le champ
quantique préparé dans le mode, par exemple en le couplant avec la source notée Sc. Les
deux zones de Ramsey forment un interféromètre présenté section 3.2. Cet interféromètre
nous permet notamment de calibrer le nombre de photons contenus dans le mode de la
cavité. Le temps d’interaction résonnante entre l’atome et le champ contenu dans le mode
est contrôlé par effet Stark, en appliquant un potentiel électrique entre les miroirs : on
peut ainsi ajuster avec précision la condition de résonance entre l’atome et le mode de
façon résolue en temps.

La seule observable à laquelle nous ayons accès avec notre dispositif est l’énergie atomique.
La mesure de cette observable nous permet cependant d’accéder à la fonction de Wigner
du champ ou à sa fonction Q. Les atomes sont détectés par ionisation sélective, technique
qui permet de distinguer |e〉 de |g〉. Le principe de la détection sera détaillée dans la
section 2.3.

2.1 Les atomes de Rydberg circulaires

Notons avant tout n’existe pas d’atome de Rydberg circulaire, mais des états de Ryd-
berg circulaires. Le principe de la préparation de ces états est exposé dans les réfé-
rences [57, 79, 78]. Il sera également rappelé en annexe. Ils sont caractérisés par un grand
nombre quantique principal (typiquement n ∼ 50), et des nombres quantiques orbitaux
et magnétiques maximaux (l = |m| = n − 1). Ils ne dépendent donc que du seul nombre
quantique n. Dans une image classique, ils correspondent à une « trajectoire » circulaire
de l’électron autour du coeur, d’où leur dénomination. Nous travaillons avec des atomes
de Rubidium 85, que nous pouvons préparer dans trois états circulaires de nombre quan-
tique respectif n = 51, n = 50 et n = 49, que nous noterons par la suite |e〉, |g〉 et |i〉 .
|g〉 et |e〉 sont les deux niveaux utilisés pour nos expériences, |i〉 est un niveau auxiliaire
servant principalement à la calibration du champ dans la cavité (voir section 3.2). L’ordre
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de grandeur des fréquences de transition est 51 GHz (voir figure 2.2), ce qui est proche
de la fréquence du mode de la cavité. Nous allons dans un premier temps étudier l’effet
Stark de ces états, avant d’en évoquer les principales propriétés.

 |e

51,099 GHz

54,259 GHz

 |g

 |i

n=51, l=m=50

n=50, l=m=49

n=49, l=m=48

Fig. 2.2: Schéma des niveaux atomiques utilisés dans l’expérience

Atome hydrogénoïde en champ électrique

Le système étudié est un atome hydrogénoïde, c’est à dire un électron plongé dans un
potentiel coulombien. Les niveaux d’énergie sont alors ceux de l’atome d’hydrogène, usuel-
lement notés |n, l, m〉. Les énergies associées valent, en unités atomiques

En = − 1

2n2
(2.1)

La dénérescence en m est due à la symétrie de révolution du système, la dénérescence
en l à la symétrie du potentiel coulombien. En présence d’un champ électrique, m reste
un bon nombre quantique car la symétrie de révolution est préservée, en revanche la
dégénérescence sur l est levée. Les nouveaux états propres du hamiltonien sont appelés
états paraboliques et sont notés |n, n1,m〉. n1 est le nombre quantique parabolique et vérifie
n1 ≤ n − |m| − 1. Les énergies associées à ces états jusqu’au second ordre en le champ
électrique F valent





E0 = − 1

2n2

E1 = −3

2
[n − 2n1 − |m| − 1] nF

E2 = −1

8

[
7n2 − 6(|m| + n1)

2 + 6n1(|m| − 1) + 6n(|m| + 1) − 3

2
|m| + 8

]
n4F 2

(2.2)

Les unités d’énergie sont les unités de Hartree. Dans ce système e = me = ~ = 1.
L’unité d’énergie est E0 = m4

e/~
2 = 27.212eV et l’unité de champ F0 = m2

ee
5/~

4 =
5.1422.109V.cm−1. Les niveaux d’énergie sont représentés figure 2.3.
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n1= 0

n1= 0

n1= 1
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m=47
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n=51

n1=49
n1=48

n1=47

n1= 0
n1= 0

n1= 0

n1= 1
n1= 2

n1= 3

n1= 0
n1= 0

n1= 0

n1= 1

m= 0
m= 1

m= 2
m= 3

m=47
m=48

m=49

n=50

n1=48

n1=47

n1= 1

n1= 2

Energie

m=50

n1= 0

m=48

σ+

∆m = +1

|d|  1776  |q|a0

σ−

∆m = −1

|d|  27  |q|a0

niveau circulaire

n = 51

niveau circulaire

n = 50

Fig. 2.3: Diagramme Stark des deux niveaux de Rydberg n=50 et n=51 de l’atome
d’Hydrogène pour m > 0.
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Les états de Rydberg circulaires sont les états pour lesquels n1 = 0 et |m| = n−1, les autres
états de la multiplicité étant appelés états elliptiques. On constate qu’en champ électrique
nul un état circulaire est dégénéré avec tous les états elliptiques : la moindre perturbation
peut le coupler à ces états. Pour préserver un état circulaire il faudra maintenir tout au
long du parcours de l’atome un champ électrique directeur.

Les niveaux circulaires vérifient d’autre part E1 = 0. Une transition circulaire-circulaire
présente donc un effet Stark quadratique. Ainsi l’effet Stark différentiel affectant la tran-
sition |g〉 → |e〉 vaut −255kHz/(V/cm)2. Comme on peut imposer un potentiel contrôlé
entre les deux miroirs de la cavité, on peut accorder en cours d’expérience l’atome et le
mode de celle-ci.

On trouvera dans la thèse de Paulo Nussenzveig [78] le diagramme Stark précis des atomes
de 85Rb calculé en tenant compte des défauts quantiques du Rubidium. Ceux-ci ne modi-
fiant que les états de nombre quantique magnétique m < 2, leur existence ne remet pas
en cause les propriétés qui vont être mentionnées maintenant.

Une antenne pour le champ électrique

Dans un état de Rydberg circulaire l’électron se déplace sur une « orbite » très éloignée
du noyau, il est très polarisable : on attend donc une extrême sensibilité de ces états à la
présence d’un champ électrique, aussi faible soit-il. L’élément de matrice d’une transition
circulaire-circulaire fait intervenir le dipôle de cette même transition, que nous définirons
ainsi

dn = | 〈nc| qR̂ |(n − 1)c〉 | (2.3)

où q est la valeur absolue de la charge de l’électron et |nc〉 est l’état de Rydberg circulaire
de nombre quantique n. Le calcul de ce dipôle donne pour n ≫ 1 [13]

dn = n2 q a0√
2

(2.4)

où q est la charge de l’électron en valeur absolue et a0 est le rayon de Bohr. On note que
le dipôle de la transition varie en n2, ce qui était attendu car l’orbite de l’électron dans
un état de Rydberg circulaire varie également en n2. On en déduit pour les transitions
qui nous intéressent d51 = 1776 qa0 et d50 = 1680 qa0.

Un système à deux niveaux

Supposons que l’on a préparé l’état circulaire de nombre quantique n. Les règles de sélec-
tion des transitions dipolaires électriques imposent sur le nombre quantique magnétique
∆m = 0,+1 ou −1. Un état circulaire ne peut donc se désexciter que vers l’état circulaire
inférieur n−1. L’atome peut en revanche être excité vers la multiplicité supérieure par une
transition σ+, π ou σ−. Comme on le voit sur la figure 2.3, seule la transition σ− est dé-
générée avec la transition σ+, la transition π étant hors-résonance. Le calcul du dipôle de
la transition de l’état circulaire |circ : 50〉 vers l’état elliptique |n = 51, n1 = 1,m = 48〉
montre qu’il est de l’ordre de 66 fois inférieur au dipôle d51 de la transition circulaire-
circulaire. On pourra donc négliger cette transition parasite lors de nos expériences, et ne
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considérer que les deux niveaux circulaires n = 50 et n = 51, ce qui justifie le modèle de
système à deux niveaux que nous utilisons pour l’atome.

Un long temps de vie

On peut calculer le taux d’émission spontanée d’un tel état dans l’espace libre [1], il vient

γn =
ω3

nd2
n

3πǫ0~c3
(2.5)

On rappelle que ωn varie en 1/n3 alors que dn varie en n2. γn varie donc en n−5. Travailler
à grand nombre quantique principal permet ainsi d’augmenter la durée de vie des états
circulaires. Ainsi pour l’état n = 50, la durée de vie est l’ordre de 30ms. Ce temps est à
comparer au temps mis par un atome d’une vitesse typique v ∼ 500m/s pour traverser le
dispositif expérimental de longueur L ∼ 20cm, soit 400µs. A l’échelle de nos expériences,
ce niveau peut donc être considéré comme infiniment fin. La même conclusion vaut pour
le niveau n = 51.

2.2 La cavité supraconductrice

2.2.1 Etude géométrique

La cavité est constituée de deux miroirs en Niobium massif en configuration Fabry-
Pérot, refroidis à 0.6K. Le rayon de courbure des miroirs vaut R0 ∼ 40 mm, le diamètre
D0 ∼ 50 mm. La distance entre les miroirs vaut d ∼ 27 mm. La géométrie de la cavité
est représentée figure 2.4. Nous utilisons dans nos expériences deux modes transverses
électrique magnétique TEM900 de polarisation orthogonale quasi-dégénérés. La fréquence
de ces modes est donnée par la formule

ν =
c

2d

(
q +

2

π
arccos

√
1 − d

2R0

)

où c est la vitesse de la lumière et q = 9 le nombre de ventres de l’onde stationnaire. Il
vient ν ∼ 51.1 GHz, qui est pratiquement la fréquence de la transition atomique |g〉 → |e〉.
La symétrie de révolution de la cavité n’étant pas parfaite, la fréquence des deux modes
diffère de 88 kHz. Nous verrons chapitre 4 comment le modèle théorique doit être adapté
pour tenir compte de l’effet d’un second mode sur l’interaction résonnante entre un atome
et le champ contenu dans un mode. Des cales piézoélectriques permettent de translater un
miroir et de varier ainsi la fréquence de la cavité : ce système permet de balayer quelques
centaines de kilohertz et constitue un autre moyen de contrôler le désaccord entre l’atome
et les modes. Nous pouvons d’autre part balayer mécaniquement la fréquence de la cavité
sur une plage de 15 MHz.

La structure spatiale des modes est gaussienne, elle est décrite par la fonction f introduite
section 1.2. f vaut en coordonnées cylindriques (z étant l’axe de symétrie de la cavité et
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d =27,6 mm

D0=50 mm

R0=40 mmTEM900

Fig. 2.4: Géométrie de la cavité

r la distance à cet axe)

f(r, z) =
w0

w(z)
cos

(
2π

z

λ
− arctan

z

zR

+
π

r2
λR(z) + (q − 1)

π

2

)
exp

(
r2

w2(z)

)
(2.6)

où λ est la longueur d’onde du mode considéré. On a introduit le paramètre de Rayleigh

zR =
πw2

0

λ

C’est la distance typique au delà de laquelle le front d’onde n’est plus plan mais sphérique.
w0 est le col du mode, il est donné par

w0 =

[
λd

2π

√
2R0

d
− 1

]1/2

∼ 5.96mm (2.7)

w(z) et R(z) sont quant à elles données par

w(z) = w0

√
1 +

(
z

zR

)2

R(z) = z

[
1 +

(
z

zR

)2
] (2.8)

Nous pouvons maintenant calculer le volume du mode introduit au chapitre 1

Vmode =
πw2

0d

4
∼ 769mm3 (2.9)

On en déduit la valeur du champ par photon E0 ∼ 1.58 10−3 V/cm.
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Les miroirs sont percés de deux petits trous de couplage. Un trou est utilisé pour coupler
une source classique au mode via un guide d’onde. Un atténuateur calibré permet d’in-
jecter une puissance contrôlable dans le mode utilisé. On recueille et on analyse le signal
transmis grâce au second trou de couplage selon une méthode présentée dans la section
suivante. Une seconde source micro-onde permet grâce à un guide d’onde débouchant sur
le côté de la cavité d’exciter un autre mode de très mauvais facteur de qualité. Ce mode est
utilisé pour réaliser un interféromètre de Ramsey, dont le principe sera exposé chapitre 3.

Il faut enfin préciser que la différence de potentiel entre les miroirs est contrôlée. Cela
permet de conserver les atomes dans un état de Rydberg circulaire, et de contrôler par
effet Stark l’interaction atome-champ.

2.2.2 Etude spectrale

Le facteur de qualité

La limitation expérimentale majeure de nos expériences est le temps de vie fini du champ
dans la cavité qui peut être décrit de façon effective par le facteur de qualité fini du mode.
Il se mesure à l’aide d’un analyseur vectoriel concu par Philippe Goy et Michel Gross
pour la société ABmm. Celui-ci se compose de deux oscillateurs YIG : l’un constitue
ce qui est communément appelé la source et l’autre la détection. Les deux YIG sont
asservis l’un sur l’autre de telle façon que leurs fréquences respectives soient décalées
de ∆ν ≈ 2.25 MHz. Après traversée d’une diode Shottky et multiplication par 4 de sa
fréquence le signal source E0 exp(−2iπνt) est injecté dans la cavité et donne lieu à un signal
transmis ET = T (ν)E0 exp(−2iπνt) où T (ν) est le coefficient complexe de transmission
de la cavité. ET est envoyé, ainsi que le signal de détection Ed = E0 exp(−2iπ(ν + ∆ν)t)
à un élément non linéaire qui permet de générer le battement à ∆ν. L’analyseur vectoriel
permet d’enregistrer l’amplitude et la phase de ce battement, et ainsi de connaître le
coefficient de transmission de la cavité qui lui est proportionnel. Une première mesure
peut être réalisée en balayant la fréquence ν de la source et en enregistrant la réponse
spectrale de la cavité comme présenté figure 2.5. Cela permet de déterminer la fréquence
des deux modes νBF = 51.098913 GHz et νHF = 51.098827 GHz.

La seconde expérience consiste à fixer la fréquence de la source à la fréquence du mode
considéré (dans notre cas, le mode haute fréquence), d’injecter un champ pendant un
temps fini, et d’observer la décroissance de l’amplitude du battement au cours du temps.
La figure 2.6, enregistrée sur un analyseur de spectre, présente l’énergie de la composante
spectrale à 9.015 MHz (direct reflet de l’énergie contenue dans le mode) au cours du
temps. L’échelle est logarithmique. La décroissance de l’énergie du mode est bien ajustée
par une droite de pente τ =860µs. Cela correspond à un facteur de qualité

Q =
ν

∆ν
= 2πτν ≈ 2.8 · 108 (2.10)

La liste des multiples imperfections (absorption résiduelle des miroirs, taille finie des
miroirs,...) a été dressée et celles-ci analysées quantitativement lors du travail de thèse
de Gilles Nogues [75]. Le couplage par diffraction avec des modes extérieurs dû à l’état
de surface imparfait des miroirs, particulièrement au voisinage des trous de couplage,
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Fig. 2.5: Spectre de la cavité. La fréquence du mode HF est ajustée à 51.098913GHz.

semble être la cause principale de la valeur observée du facteur de qualité. Enserrer la
cavité dans deux anneaux en aluminium (configuration dite « fermée » ) a permis de
réduire la diffraction des photons vers le continuum des modes extérieurs, et d’augmenter
le facteur de qualité de 107 à 2.8 108. Ces deux anneaux sont percés de deux trous de
3 mm de diamètre pour permettre le passage des atomes dans la cavité (voir figure 2.7). Un
problème majeur est qu’au voisinage de ces trous le champ électrique est très fortement
inhomogène. Combiné à l’extension spatiale du jet, ce champ détruit toute cohérence
atomique au passage du trou : toutes les opérations cohérentes doivent donc être réalisées
dans la cavité (notamment les franges de Ramsey présentées chapitre 3).

Le champ thermique résiduel

Soulignons que le jeu de paramètres {ν, Q} est insuffisant pour caractériser le mode que
nous utilisons. Il faut également préciser sa température. Cette température n’est pas
nulle, d’où la présence d’un petit champ thermique. On rappelle qu’un champ thermique
est décrit par une matrice densité diagonale dans la base des états de Fock : ρ̂ = p(n) |n〉 〈n|
avec

p(n) =
n̄n

(n̄ + 1)n+1 (2.11)

où n̄ est le nombre moyen de photons dans le champ. Il est relié à la température du mode
par

n̄ =
e−hν/kBT

1 − e−hν/kBT
(2.12)

Le montage étant refroidi à 0.6K, on s’attend à ce que le champ thermique mesuré dans
le mode corresponde à la température mesurée par les bolomètres. Le nombre moyen de
photons thermiques devrait alors vérifier n̄ ≈ 0.02. En réalité les multiples couplages du
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Fig. 2.6: Mesure du temps de vie du mode HF à 51.1 GHz. La source est allumée jusqu’à
l’instant toff , puis l’on mesure la décroissance du signal transmis. Cette décroissance est
exponentielle avec un temps caractéristique de 0.86ms. Cela correspond à un facteur de
qualité Q = 2.8 · 108.

Fig. 2.7: Photographie de l’anneau enserrant la cavité
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mode avec l’extérieur induit une température effective bien différente. Le champ thermique
mesuré par une méthode détaillée dans [75] indique en effet n̄ ≈ 1.

2.2.3 Couplage atome-champ

Concluons cette présentation des deux sous-systèmes en caractérisant leur couplage. Le
calcul de la fréquence de Rabi du vide au centre du mode donne

Ω0

2π
= 2degE0~ = 50.8kHz (2.13)

La mesure de cette fréquence par ajustement d’un signal d’oscillation de Rabi dans le vide
indique

Ω0

2π
= 49kHz (2.14)

Cet écart est à attribuer à l’approximation paraxiale utilisée pour caractériser géométri-
quement le mode TEM900 et donc pour calculer E0. La période de Rabi correspondante
vaut typiquement T0 ∼ 20µs. On voit que

τ ≫ T0 (2.15)

où τ est le temps de vie du champ dans la cavité. Cela nous permet donc de justifier le
régime de couplage fort entre l’atome et le champ et utilisé dans le chapitre 1 où tous
les phénomènes de relaxation ont été négligés. Le facteur de qualité induit cependant la
décohérence des états Chat de Schrödinger du champ présentés chapitre 1. On reviendra
sur ce point section 4.4.

2.3 Le nouveau système de détection

Comme on l’a vu dans la section précédente l’unique observable que nous pouvons mesurer
est l’observable énergie atomique grâce à un dispositif d’ionisation sélective des atomes de
Rydberg. Les mesures de l’efficacité de détection de l’ancien montage évaluaient celles-ci
à 40%, ce qui est extrêmement limitant dans la perspective d’expériences d’information
quantique faisant intervenir un nombre important d’atomes. Cette faible efficacité était
imputée à une mauvaise focalisation des lentilles électrostatiques. Ma thèse a été l’occasion
de changer le système de détection. Dans cette section on étudiera d’abord le principe
général de ce montage, avant d’en mentionner les méthodes de réglage. On présentera
ensuite les résultats concernant la focalisation des lentilles électrostatiques, avant d’évaluer
l’efficacité de détection du nouveau système par une expérience de mémoire quantique.

2.3.1 Présentation générale

Le phénomène d’ionisation

L’ionisation d’un atome désigne l’émission vers le continuum d’un électron initialement
dans un état lié. Elle peut advenir par interaction de l’atome avec une onde lumineuse
(photo-ionisation) ou, comme dans notre cas, avec un champ électrique quasi-statique.



2.3. LE NOUVEAU SYSTÈME DE DÉTECTION 59

( )a ( )b

( . .)Position u a ( . .)Position u a

1/y x= −

1/

y

x
Ex

= −
−

y
Ex

= −

état lié état lié

fuite vers le

continuum

Fig. 2.8: (a) Potentiel coulombien. Les unités sont arbitraires. On a représenté un état
lié de ce potentiel. (b)On adjoint un champ électrique homogène E. La déformation du
potentiel couple l’état lié au continuum des états libres par effet tunnel.

On peut donner une description qualitative du phénomène d’ionisation. On a représenté
figure 2.8(a) un état lié du potentiel coulombien. En présence d’un champ électrique,
l’électron qui se trouvait initialement dans cet état lié a maintenant une probabilité d’at-
teindre le continuum des états libres par effet tunnel (voir figure 2.8(b)). On peut associer
à toute valeur E du champ électrique un taux d’ionisation par unité de temps Γ(E) tel
que, si on considère une population N d’électrons se trouvant dans l’état lié considéré,
cette population vérifie l’équation d’évolution

dN
dt

= −Γ(E)N (t) (2.16)

Le signal d’ionisation I(t) représente le nombre d’atomes ionisés entre t et t + dt, il est

donc proportionnel à
dN (t)

dt
.

( . .)E u a

c
E

N

Fig. 2.9: Signal d’ionisation obtenu avec des atomes préparés dans le niveau |52c〉.

Au cours d’une expérience on soumet un ensemble d’atomes à un champ électrique E(t)
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croissant dans le temps. On admet qu’à tout instant Γ(t) = Γ(E(t)). La population
d’atomes non encore ionisés suit l’évolution

dN
dt

= −Γ(E(t))N (t) (2.17)

Le signal d’ionisation I(t) a une forme qui dépend des paramètres expérimentaux. Il
possède généralement un maximum à un instant que nous noterons tc. On appelle alors
champ critique ou champ d’ionisation Ec la valeur du champ électrique à l’instant tc(voir
figure 2.9).

Le champ d’ionisation dépend bien sûr du niveau considéré. Le niveau |g〉 étant plus lié
que le niveau |e〉, le champ électrique nécessaire pour ioniser |g〉 est plus intense que pour
ioniser |e〉. Par la suite on appellera Eg (respectivement Ee) le champ d’ionisation d’un
atome dans l’état |g〉 (respectivement dans l’état |e〉), avec Eg > Ee.

Plan général de la détection

Deux problèmes se posent : d’une part tout atome doit être détecté (maximisation de
l’efficacité de détection), d’autre part notre dispositif doit nous permettre de discrimi-
ner au mieux l’état |g〉 de l’état |e〉 (maximisation de la résolution). On trouvera figure
2.10 le schéma du dispositif de détection. Il comprend deux ensembles presque identiques
d’électrodes correspondant à deux modes de détection distincts présentés section 2.3.2 :
le détecteur 1 au mode dit « résolu en temps » et le détecteur 2 au mode « résolu en
tension » . Chaque détecteur est composé d’une zone d’ionisation (électrodes a et b),
d’une zone de focalisation (électrodes c à e) et d’un multiplicateur d’électrons dont la
grille constitue l’électrode f . Les potentiels de toutes les électrodes sont ajustables à l’ex-
ception de Vf , fixé à 500V . Les électrodes a à d sont en cuivre massif doré. Elles sont
thermalisées à 0.6K qui est également la température de la cavité et de la boîte à cir-
culariser. En revanche les électrodes notées e n’appartiennent pas au coeur du montage.
Leur température est celle de l’4He liquide, soit 4K. Pour éviter le couplage du champ
thermique externe avec le coeur du montage, elles ont une forme conique, l’extrêmité du
cône étant sous coupure. Ces électrodes ont d’autre part été taillées dans du graphite
massif, qui ets conducteur.

Zone d’ionisation

Dans le détecteur 1, l’électrode b a un potentiel constant tandis qu’on impose à l’électrode
a une rampe de tension : il règne donc dans la zone d’ionisation 1 un champ électrique
homogène augmentant dans le temps E(t). 1 Soit te (respectivement tg) l’instant tel que
E(te) = Ee (respectivement tel que E(tg) = Eg). Quelle que soit sa position dans le
condensateur, un atome passant dans l’état |e〉 (respectivement |g〉) sera ionisé à te (res-
pectivement tg). Connaissant te et tg, on peut déduire l’état atomique. Le schéma de
principe est présenté figure 2.11.

1A priori le champ dans la zone d’ionisation ne devrait pas être homogène, l’électrode b étant percée
d’un trou nécessaire au passage des électrons. En agissant sur le potentiel de l’électrode c nous avons
cependant pu rendre le champ dans la zone homogène, ce que nous avons observé sur la largeur des pics
d’ionisation.
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Fig. 2.10: Schéma des détecteurs. ME symbolise les multiplicateurs d’électrons dont f
est la grille.

Les électrodes composant la zone d’ionisation de l’ensemble 2 ont un potentiel fixé et
forment un condensateur de forme diédrique (que nous appellerons par la suite condensateur-
toit) : un atome traversant cette zone voit donc également un champ électrique croissant
dans le temps. La différence avec le mode 1 réside dans le fait que l’électrode b comporte
un petit diaphragme qui sélectionne le niveau d’énergie détecté. La tension Va appliquée
sur l’électrode a est réglée pour que le champ d’ionisation au niveau du diaphragme Etrou

corresponde soit à Ee, soit à Eg. Si Etrou = Ee un atome passant dans |g〉 sera ionisé après
le diaphragme et ne sera pas détecté comme représenté figure 2.12. De même un atome
passant dans |e〉 avec Etrou = Eg sera ionisé avant le diaphragme et ne sera pas détecté
non plus. C’est donc la tension appliquée à l’électrode a qui permet de distinguer |e〉 de
|g〉.
Soulignons ici l’avantage de principe du mode de détection 1 : il permet de détecter p
niveaux atomiques en une seule séquence expérimentale, alors qu’il faut p séquences pour
le mode 2. Pour une expérience mettant en jeu N atomes, l’utilisation du mode 1 permet
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donc de diviser par pN le temps d’acquisition pour obtenir une statistique équivalente.
Il nécessite cependant de connaître parfaitement la position de l’atome pour appliquer
la rampe d’ionisation au moment adapté (voir section 2.3.2). Ce mode de détection im-
pose de détecter des classes de vitesse fixées, or il peut être intéressant lors des réglages
préliminaires de détecter toutes les classes de vitesse : c’est pourquoi les deux modes de
détection sont toujours utilisés.

aV(t)

b
V

t

( )E t

( )E t ( )N t

e
t

g
t

e
E

g
E

Fig. 2.11: Zone d’ionisation de l’ensemble 1 (mode de détection résolu en temps).

Zone de focalisation

Après l’ionisation de l’atome, l’électron est accéléré par les électrodes c à e. Les potentiels
de ces électrodes sont ajustés pour que tous les électrons émis dans la zone d’ionisation
convergent sur les multiplicateurs d’électrons. Une première étape a consisté à calculer
numériquement avec le logiciel Simion, pour des potentiels d’électrodes fixés, le champ
électrique en tout point de l’espace, puis les trajectoires électroniques dans une telle confi-
guration. Cela nous a permis d’évaluer a priori les potentiels permettant de maximiser la
focalisation du faisceau électronique. La seconde étape a bien sûr été l’optimisation expé-
rimentale de la focalisation. Les résultats sont présentés section 2.3.3. Après focalisation
sur la grille le signal électronique est amplifié par des multiplicateurs d’électrons. Il est
ensuite mis en forme (TTL). La date de l’événement est stockée dans une mémoire dont
le pas temporel est 100ns.

2.3.2 Les deux modes de détection

Réglage du détecteur 2

Comme on l’a vu, la zone d’ionisation du détecteur 2 se compose de l’électrode a en forme
de toit et de l’électrode b percée d’un diaphragme de diamètre 2.4mm.

Pour régler ce détecteur on prépare des atomes de toutes vitesses dans un état de Rydberg
donné, par exemple |e〉. On applique à l’électrode a un potentiel Va correspondant à un
certain champ électrique au niveau du diaphragme Etrou. On balaye lentement Va, et on
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Fig. 2.12: Zone d’ionisation de l’ensemble 2 (mode de détection résolu en tension).
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enregistre le nombre d’électrons obtenu pour chaque valeur. Le nombre d’électrons est
maximal pour Va telle que Etrou = Ee. On répète cette opération en préparant des atomes
dans |g〉 pour pointer Eg et dans |52c〉 pour repérer E52 (champ d’ionisation des atomes
dans le niveau |52c〉).
Les résultats sont présentés figure 2.13. On a, connaissant la géométrie des électrodes :
E52 = 136V/cm, Ee = 148V/cm et Eg = 160V/cm.

Fig. 2.13: Réglage du mode de détection résolu en tension. On a représenté le nombre
d’électrons enregistrés en fonction de la tension appliquée à l’électrode a (unité arbi-
traire). Les trois signaux correspondent à la préparation des atomes dans |52c〉, |e〉 et
|g〉. Les maxima sont respectivement obtenus pour Etrou = E52, Etrou = Ee, Etrou = Eg.

Réglage du détecteur 1

La zone d’ionisation se compose de l’électrode a parallélépipédique et de l’électrode b,
percée d’un large diaphragme de diamètre 6 mm.

Le réglage se déroule de la façon suivante. On prépare un atome de vitesse fixée et on
commence par repérer à quel instant précis tc l’atome ainsi préparé est au centre du
diaphragme. Pour cela on applique une rampe d’ionisation très raide qui permet d’ioniser
instantanément tous les niveaux dans lesquels pourrait se trouver l’atome. Lorsqu’on
balaye le déclenchement de cette rampe dans le temps, on obtient un électron si l’atome
se trouve dans le diaphragme et rien sinon : la largeur ∆t de la courbe est donc le reflet
de la largeur du diaphragme, un ajustement donne l’instant tc recherché. La figure 2.14
présente ce réglage effectué pour un atome à 335m/s.

Une fois tc connu on peut déclencher la rampe lente de telle façon que les champs Ee et Eg

soient balayés pendant que l’atome se trouve dans le diaphragme. Le signal expérimental
correspondant est présenté figure 2.14. Il est obtenu avec un atome préparé dans |e〉, la
cavité étant accordée : au terme de l’interaction avec le mode l’atome se trouve dans
une superposition de |e〉 et |g〉. Les trois maxima correspondent à l’ionisation d’un fond
d’atomes résiduels dans |52c〉, des atomes dans |e〉 ou des atomes dans |g〉. 2 On trouve

2Le fond d’atomes dans |52c〉 est dû au fait que l’on prépare d’abord des atomes dans le niveau |52c〉
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typiquement les mêmes valeurs pour les différents champs d’ionisation qu’avec le détecteur
2.

Fig. 2.14: (a) Pointé du centre du diaphragme de la zone d’ionisation 1. On trouve,
l’origine des temps étant prise au déclenchement du premier laser d’excitation, tc ∼
515µs. Cela est raisonnable compte tenu de la vitesse des atomes et de la distance estimée
entre le lieu de préparation des états circulaires et le premier détecteur (∼170mm).
La largeur temporelle du signal est typiquement 20µs, ce qui correspond bien à un
diaphragme de 6mm parcouru par des atomes à 335m/s. (b) Signal d’ionisation obtenu
avec le mode de détection résolu en temps.

Comme on l’a vu la date de l’événement correspondant à l’ionisation de l’atome est en-
registrée dans une mémoire de pas 100ns : il faut définir des fenêtres temporelles de
telle facon que les événements appartenant à une fenêtre soient attribués à l’ionisation de
l’atome dans l’état |g〉, à l’autre fenêtre à l’ionisation de l’atome dans l’état |e〉. A partir
des ajustements gaussiens présentés figure 2.15 on estime le centre de la fenêtre correspon-
dant à l’ionisation de l’état |e〉 à te = 515.4µs, sa largeur ∆te = 3.8µs. On définit de même
tg = 519.3µs, ∆tg = 3.8µs. On peut également calculer à partir de la courbe de la figure
un taux d’erreur croisée. Le principe de ce calcul est illustré figure 2.16. On a évalué l’aire
du signal d’ionisation dans la fenêtre attribuée à l’ionisation des atomes dans l’état |e〉.
On évalue ensuite la contribution des événements correspondant à l’ionisation des atomes
dans l’état |52c〉. On en déduit la fraction d’événements comptabilisés à tort : dans ce cas
5% des signaux attribués à l’ionisation de |e〉 sont dûs à l’ionisation de |52c〉. On évalue
de même que 0.2% des signaux attribués à l’ionisation de |e〉 sont dûs à l’ionisation de
|g〉. 0.4% des signaux attribués à l’ionisation de |g〉 sont dûs à l’ionisation de |e〉.

2.3.3 Optimisation de la focalisation

Position du problème

La zone d’ionisation est située au coeur du montage, sur le trajet du faisceau atomique, la
grille du multiplicateur étant située typiquement à 10cm de cette zone. Les multiplicateurs

avant de les purifier, avec une efficacité de l’ordre de 80%, dans le niveau |e〉 ou |g〉 (voir la préparation
des états circulaires en annexe).
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Fig. 2.15: Détermination des fenêtres temporelles correspondant à l’ionisation d’un
atome dans |e〉 et |g〉. Les événements enregistrés entre 513.5 et 517.3 sont attribués
à l’ionisation d’un atome dans |e〉, ceux enregistrés entre 517.4 et 521.2 à l’ionisation
d’un atome dans |g〉.
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Fig. 2.16: Principe de l’évaluation des taux d’erreur croisées. En hachures : total des
événements attribués à l’ionisation de |e〉. En grisé : fraction des événements à attribuer
à l’ionisation de |52c〉.
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d’électrons dissipant typiquement 10 W, il était en effet nécessaire de les positionner loin
du coeur du montage et notamment aussi loin que possible de la cavité. La zone de
focalisation a pour fonction d’assurer le guidage de l’électron depuis la zone d’ionisation
jusqu’à cette grille. L’atome peut être ionisé en n’importe quel point du diaphragme,
dont le diamètre est de 6mm pour le détecteur 1 et de 2.4mm pour le détecteur 2. La
zone de focalisation doit être conçue de telle façon que quel soit l’endroit de l’ionisation
le point d’impact de l’électron appartienne à la surface utile du multiplicateur, qui vaut
typiquement 0.5cm2.

Pour assurer ce guidage il faut contrôler le potentiel électrostatique depuis la zone d’ionisa-
tion jusqu’à la grille. Les trajectoires électroniques sont semblables à des rayons lumineux ;
on peut montrer que le passage d’une zone où l’énergie potentielle −eV de l’électron est
faible et homogène à une zone où celle-ci est forte et homogène également est parfaitement
analogue à la traversée d’un dioptre séparant un milieu d’indice faible d’un milieu d’indice
plus élevé. La traversée d’une telle zone focalise donc le faisceau électronique, d’autant
plus fortement que la différence d’énergie potentielle est plus importante.

Les paramètres imposés sont :

1. la différence de potentiel entre les électrodes a et b, imposée par le champ d’ionisation
des niveaux de Rydberg |e〉 et |g〉. Elle vaut typiquement Vb − Va = 60V

2. la tension de la grille du multiplicateur, fixée à 500V

Il y a donc 4 paramètres à optimiser : Vb, Vc, Vd et Ve. Pour cela on calcule avec le logiciel
Simion les trajectoires d’électrons issus d’ionisations en tous points du diaphragme, et
on cherche un ensemble de valeurs de potentiels d’électrodes tels que la focalisation soit
réalisée sur une surface de 0.5cm2. Pour réaliser cette optimisation on a calculé l’énergie
potentielle d’un électron en fonction de sa position comme représenté figure 2.17. L’axe z
est la direction du jet atomique, l’axe x est l’axe de symétrie des électrodes c à e. On a
ainsi vérifié qu’une augmentation (respectivement une diminution) de l’énergie potentielle
correspond bien à une focalisation (respectivement à une divergence) du faisceau. La
figure 2.17 illustre cet effet dans la géométrie du détecteur 1. On a fixé Va = −30V ,
Vb = 30V , et Ve = 500V . On voit sur la figure de gauche l’énergie potentielle d’un électron
si Vc = Vd = 500V . Cela correspond à une focalisation rapide du faisceau de trajectoires.
Si la barrière de potentiel est moins élevée la focalisation se produit à x plus grand. Si
l’électron trouve un puits de potentiel après l’ionisation, le faisceau de trajectoires diverge.
On voit à droite de la figure l’éloignement du point de focalisation pour Vc = Vd = 200V
puis la divergence du faisceau pour Vc = Vd = 20V .

On a alors adapté le potentiel de chaque électrode de façon que le point de focalisation
se trouve sur la grille du multiplicateur. Il est bien évident que de multiples ensembles
de valeurs peuvent convenir. Ce degré de liberté nous a permis d’imposer l’homogénéïté
du champ électrique dans la zone d’ionisation, nécessaire pour que les pics d’ionisation
soient fins. Un ensemble réalisant la focalisation est Va = −30V , Vb = 30V , Vc = 100V ,
Vd = 500V , Ve = 400V . On a représenté figure 2.18 les trajectoires obtenues pour ces
valeurs. Le faisceau est focalisé sur une surface typique de 0.1cm2. La surface du détec-
teur étant supérieure à la surface de focalisation, les valeurs des électrodes ne sont pas
critiques. Ainsi Ve est définie à ±100V , de même que Vd. En revanche la focalisation est
particulièrement sensible à Vc : celle-ci ne doit pas être inférieure à 80V , faute de quoi
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Fig. 2.17: Influence du potentiel des électrodes c et d sur la focalisation du faisceau.
Les électrodes c et d ayant le même potentiel, on ne les a pas dissociées. La figure de
gauche présente l’énergie potentielle d’un électron en fonction de sa position pour Vc =
Vd = 500V . On voit à droite l’évolution du point de focalisation pour Vc = Vd = 500V ,
Vc = Vd = 200V et Vc = Vd = 20V .

le faisceau diverge. L’optimisation pour le détecteur 2 a donné des valeurs obtenues sont
identiques. Soulignons également qu’elles sont définies modulo une référence de potentiel
arbitraire.

Fig. 2.18: Focalisation des électrons sur la grille du multiplicateur

Confrontation expérimentale

On peut résumer ici les points essentiels caractérisant un bon détecteur. On doit bien
discriminer les niveaux |e〉 et |g〉. Cela a fait l’objet des réglages sur la zone d’ionisation
présentés section 2.3.2. Une bonne résolution des pics d’ionisation impose que le champ
électrique dans la zone d’ionisation soit homogène, ce qui est permis par un réglage adéquat
des électrodes a, b et c. Ce réglage a été possible car il existe une infinité de valeurs de
potentiels des électrodes a, b, c et d pour qu’une focalisation satisfaisante des électrons sur
le multiplicateur soit assurée, quelle que soit la position de l’atome dans le diaphragme
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au moment de l’ionisation. Mentionnons enfin que l’ionisation de |e〉 et de |g〉 ayant lieu
pour des valeurs de champ électrique dans la zone d’ionisation différentes, la carte du
champ électrique pour chaque niveau dans le détecteur est différente, ce qui correspond à
des efficacités de focalisation (et donc à des efficacités de détection) différentes. Au cours
des réglages il a donc fallu nous assurer que nous ne détections pas mieux un niveau
que l’autre, par une expérience qui sera présentée dans la section suivante. Les résultats
concernant chaque détecteur sont synthétisés dans les deux tableaux suivants.

Electrode Valeur expérimentale Valeur théorique
b 32V 30V
c 100V 100V
d 400V 500V
e 500V 400V

Réglage du détecteur 1

Electrode Valeur expérimentale Valeur théorique
b 12.5V 12.5V
c 80V 82.5V
d 400V 482.5V
e 500V 382.5V

Réglage du détecteur 2

Les divergences entre l’expérience et la théorie sont à attribuer à la géométrie imparfaite
des électrodes, les conditions du montage ne permettant pas de garantir que toutes les
pièces ont strictement le même axe de révolution. D’autre part une surface imparfaite-
ment nettoyée peut contenir des charges diélectriques à l’origine de champs électriques
additionnels qui n’ont pas été pris en compte dans le calcul. Enfin on a vu que les valeurs
d’électrodes calculées ne sont pas critiques au vu de la surface utile du détecteur.

Equilibrage des détecteurs

Pour vérifier qu’on ne détecte pas mieux un niveau que l’autre, on a effectué une expérience
similaire à un micromaser (par la suite on pourra parler par abus de langage de « maser »),
qui sera détaillée chapitre 3. Elle consiste à préparer un atome dans l’état |e〉 et à le
faire interagir avec les modes initialement dans l’état vide pour différentes valeurs du
désaccord. Si l’atome est à résonance avec un mode, il émet un photon par émission
spontanée avec une probabilité dépendant du temps d’interaction entre l’atome et le
mode. Dans le cas contraire l’atome reste dans l’état excité. Pour balayer le désaccord on
balaye une tension, notée VAD par la suite, qui est ensuite amplifiée et appliquée aux cales
piézo-électriques (voir chapitre 3). On représente figure 2.19 le taux de transfert atomique
en fonction de VAD, obtenu avec le détecteur 2 et des atomes à 400m/s. On représente
également le nombre total d’atomes enregistré en chaque point. Posons ηe (respectivement
ηg) l’efficacité de détection du niveau |e〉 (respectivement du niveau |g〉). Le nombre total
d’atomes détectés N |d s’écrit

N |d = ηeNe + ηgNg = ηeN + (ηg − ηe)Ng (2.18)

où Ne (respectivement Ng) est le nombre réel d’atomes ayant traversé le détecteur dans
l’état |e〉 (respectivement |g〉)) et N = Ne +Ng. Ng dépend de δ : si ηg − ηe 6= 0 le nombre
total d’atomes détectés en dépend aussi. Comme on le voit sur la figure le nombre total
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d’atome ne semble pas être une fonction de δ, les deux décrochements sont probablement
dûs à une variation de la puissance du troisième laser d’excitation. Le réglage est donc
satisfaisant.

Fig. 2.19: Signal de « maser »obtenu avec le détecteur 2 et des atomes à 400m/s. Le
nombre total d’atome ne dépend pas du taux de transfert de |e〉 vers |g〉, ce qui signifie
que l’efficacité de détection est la même pour les deux niveaux atomiques.

2.3.4 Mesure de l’efficacité de détection

Principe

Malgré les optimisations présentées dans cette section tout atome n’est pas nécessaire-
ment détecté. On appelle efficacité de détection du montage la probabilité pour un atome
traversant l’ensemble d’électrodes 1 ou 2 d’être détecté. Cette efficacité peut dépendre du
niveau considéré. Rappelons qu’on a optimisé les détecteurs 1 et 2 pour que l’efficacité de
détection soit la même pour le niveau |e〉 et le niveau |g〉. On peut donc noter globalement
ηi l’efficacité de détection par niveau du détecteur i. Le montage utilisé avant ma thèse ne
contenait qu’un détecteur de type 2, son efficacité de détection par niveau était estimée
à 40%.

Pour évaluer η on procède de la façon suivante. On prépare un paquet atomique dans
l’état |e〉, la cavité étant vide de photons. On rappelle que l’on prépare des distributions
poissoniennes d’atomes, l’excitation est supposée ici suffisamment faible pour que l’on
puisse négliger les cas où plus d’un atome se trouve dans le paquet. C’est le cas tant que
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n̄ < 0.1 où n̄ est le nombre moyen d’atomes par paquet. Notons Preel(1at1) (respective-
ment Preel(0at1)) la probabilité réelle qu’il y ait 1 atome (respectivement 0 atome) dans
ce premier paquet atomique (la probabilité étant définie sur l’ensemble des séquences
expérimentales). Dans l’hypothèse d’excitation faible on a

Preel(0at1) + Preel(1at1) = 1 (2.19)

Notons d’autre part Pdet(1at1) la probabilité de détecter l’atome dans ce premier paquet.
L’efficacité de détection η s’écrit simplement

η =
Pdet(1at1)

Preel(1at1)
(2.20)

La mesure de η impose d’être capable de mesurer le flux réel d’atomes. On peut utiliser
la cavité comme une mémoire quantique dans laquelle l’atome va laisser une trace de son
passage, sur le principe d’une expérience déjà réalisée dans notre groupe [73].

Le paquet atomique est envoyé dans la cavité, le temps d’interaction tint avec le mode est
réglé pour que l’atome émette avec certitude un photon dans celui-ci (impulsion π). La
probabilité qu’un photon se trouve dans la cavité à la fin de l’interaction, notée P (1ph)
vérifie donc

P (1ph) = Preel(1at1) (2.21)

Un second paquet atomique est préparé dans l’état |g〉 et envoyé dans la cavité pour
sonder l’état du champ. Si ce paquet contient 1 atome, cet atome interagit avec le mode
pendant le même temps tint. Dans ce cas, soit la cavité contient un photon et l’atome
ressort avec certitude dans l’état |e〉, soit la cavité ne contient pas de photon, et l’atome
ressort dans l’état |g〉. Notons Πreel(e2) la probabilité de détecter le second atome dans
l’état excité, si un atome se trouve dans le second paquet (le changement de notation est
dû au fait qu’il s’agit d’une probabilité conditionnelle). Dans ce modèle très simple on a

Πreel(e2) = P (1ph) (2.22)

soit
Πreel(e2) = Preel(1at1) (2.23)

Evaluons enfin Πreel(e2). Cette quantité s’écrit

Πreel(e2) =
Nreel(e2)

Nreel(e2) + Nreel(g2)
(2.24)

où Nreel(e2) (respectivement Nreel(g2) désigne le nombre d’événements réels dans lesquels
un atome se trouve dans le second paquet dans l’état excité (respectivement dans l’état
fondamental). Ces quantités sont reliées au nombre d’événements détectés par les équa-
tions

Ndet(e2) = ηNreel(e2)
Ndet(g2) = ηNreel(g2)

(2.25)

On a donc
Πreel(e2) = Πdet(e2) (2.26)

Rassemblons les équations (2.20), (2.23) et (2.26), il vient

η =
Pdet(1at1)

Πdet(e2)
(2.27)

Dans ce modèle très simple, η est mesurable avec notre dispositif.
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Modèle plus réaliste

On doit raffiner cette description en tenant compte de quelques défauts expérimentaux.
D’une part l’émission et l’absorption du photon ne sont pas parfaites. D’autre part la
cavité contient un champ thermique de 1 photon. Elle peut donc contenir un photon
sans qu’un premier atome émetteur en soit responsable. Récrire l’équation 2.23 à l’aide
de probabilités conditionnelles permet de tenir compte de facon effective de toutes les
imperfections mentionnées :

Πreel(e2) = Πreel(e2|0at1)Preel(0at1) + Πreel(e2|1at1)Preel(1at1) (2.28)

On a conservé l’approximation selon laquelle

1 = Preel(0at1) + Preel(1at1) (2.29)

Πreel(e2|0at1) représente l’absorption du champ thermique. Πreel(e2|1at1) contient les im-
perfections des deux impulsions π. Dans le modèle idéal précédent, les deux quantités
valaient respectivement 0 et 1, ce qui permet à partir de l’équation 2.28 de retrouver
l’équation 2.23. Il vient alors

Preel(1at1) =
Πreel(e2) − Πreel(e2|0at1)

Πreel(e2|1at1) − Πreel(e2|0at1)
(2.30)

Comme précédemment, les probabilités sont des probabilités réelles. Il faut à présent
établir le lien avec les probabilités construites à partir d’événements détectés.

Πreel(e2|0at1) est évaluée par une expérience annexe au cours de laquelle on envoie sim-
plement l’atome sonde interagir avec le champ thermique contenu dans la cavité : c’est
une expérience ne faisant intervenir qu’un atome. Par un raisonnement identique à celui
décrit par l’équation 2.25, on a Πreel(e2|0at1) = Πdet(e2|0at1). De même, Πreel(e2) est la
probabilité idéale de détecter le second atome dans |e〉 quel que soit l’état du premier
atome, on a donc Πreel(e2) = Πdet(e2). Enfin Πreel(e2|1at1) s’écrit

Πreel(e2|1at1) =
Nreel(e1e2) + Nreel(g1e2)

Nreel(e1e2) + Nreel(e1g2) + Nreel(g1e2) + Nreel(g1g2)
(2.31)

où Nreel(x1y2) est le nombre d’événements réels correspondant au cas où l’atome 1 a
traversé le détecteur dans l’état x et l’atome 2 dans l’état y. Ce terme s’écrit simplement
en fonction du nombre d’événements détectés Ndet(x1y2)

Ndet(x1y2) = η2Nreel(x1y2) (2.32)

On a donc
Πreel(e2|1at1) = Πdet(e2|1at1) (2.33)

Il vient finalement

Preel(1at1) =
Πdet(e2) − Πdet(e2|0at)

Πdet(e2|1at) − Πdet(e2|0at)
(2.34)

soit en rassemblant les équations (2.20) et (2.34)

η = Pdet(1at1)
Πdet(e2|1at) − Πdet(e2|0at)

Πdet(e2) − Πdet(e2|0at)
(2.35)
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Résultats

On trouvera dans l’annexe B les données brutes de l’expérience présentée ici ainsi que les
calculs précis d’erreur statistique qui leur sont associées. On a résumé dans le tableau ci-
dessous les résultats principaux permettant le calcul de η, à savoir Πdet(e2), Πdet(e2|0at),
Πdet(e2|1at1) et Pdet(1at1). Pour chaque probabilité on a indiqué le nombre N d’événe-
ments utiles pour son estimation, ainsi que la barre d’erreur statistique associée.

p N ∆p ∆p/p
Πdet(e2) 29.1% 192811 0.1% 0.36%

Πdet(e2|0at) 26% 121625 0.13% 0.48%
Πdet(e2|1at1) 48.6% 20916 0.35% 0.71%
Pdet(1at1) 11.3% 2002799 0.02% 0.2%

Données de l’expérience de mémoire quantique réalisée avec le détecteur 1

On constate que l’absorption en l’absence d’atome émetteur est importante (26%) ce qui
est compatible avec un champ thermique de 1 photon. On note également le pulse π très
imparfait (49%). Cela justifie a posteriori l’abandon du modèle simple présenté en première
partie. On peut calculer la valeur de η1 (voir formule 2.35). D’après les coïncidences
enregistrées, η1 = 82.6%. L’amélioration nette par rapport au montage précédent est
due à la meilleure focalisation des électrons sur le multiplicateur grâce aux nouvelles
lentilles électrostatiques. L’évaluation de l’erreur statistique donne ∆η1/η1 = 7.1%. η1 est
donc définie ±5.9% (soulignons qu’il ne s’agit ici que des erreurs statistiques, les erreurs
systématiques étant détaillées ci-dessous).

On a réalisé la même expérience avec le détecteur 2, le tableau ci-dessous synthétise les
résultats obtenus. On obtient pour l’efficacité de détection par niveau η2 = 82.2%± 8.4%.
Il faut prendre garde au fait qu’au cours d’une séquence expérimentale, le détecteur 2
détecte soit le niveau |e〉, soit le niveau |g〉. L’efficacité de détection mesurée, rapportée à
l’ensemble des séquences expérimentales, est la moitié de l’efficacité de détection « phy-
sique », en effet si Nd est le nombre d’atomes détectés, Ng (respectivement Ne) le nombre
d’atomes traversant le détecteur dans l’état |g〉 (respectivement |e〉) on a

Nd =
1

2
Ngηg +

1

2
Neηe =

η2

2
(Ng + Ne) (2.36)

soit finalement
Nd =

η2

2
N (2.37)

Pour tenir compte de cet effet qui tient à la nature même du détecteur, on a multiplié
par 2 la valeur de Pdet(1at1) mesurée. C’est cette valeur corrigée qui est présentée dans le
tableau suivant.

p N ∆p ∆p/p
Πdet(e2) 28.3% 129388 0.13% 0.44%

Πdet(e2|0at) 25.4% 64738 0.17% 0.67%
Πdet(e2|1at1) 48.1% 6591 0.62% 1.28%
Pdet(1at1) 10.6% 1408330 0.01% 0.25%
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Données de l’expérience de mémoire quantique réalisée avec le détecteur 2

Il faut également tenir compte des erreurs systématiques. La plus importante d’entre elles
est due au fait que l’on néglige les événements à deux atomes. Bien qu’ils représentent 1%
des cas comme on peut le voir dans l’annexe B, le fait de les négliger induit sur le calcul
de η une erreur de l’ordre de 5%. On rappelle que

Πreel(e2) = Πreel(e2|0at1)Preel(0at1)+Πreel(e2|1at1)Preel(1at1)+Πreel(e2|2at1)Preel(2at1)+...
(2.38)

On néglige les événements à plus de 3 atomes. Dans le modèle idéal décrit au début de
cette section Πreel(e2|0at1) = 0 et Πreel(e2|1at1) = 1. Posons d’autre part Preel(1at1) = p1.
L’équation 2.38 s’écrit

Πreel(e2) = p1 +
p2

1

2
Πreel(e2|2at1) (2.39)

soit

p1 =
Πreel(e2)

1 + p1Πreel(e2|2at1)/2
(2.40)

On rappelle qu’en négligeant les événements à deux atomes on avait obtenu

p0
1 = Πreel(e2) (2.41)

En évaluant p1 ∼ 0.1 (l’ordre de grandeur est donné par le flux atomique mesuré), et en
posant Πreel(e2|2at1) = 1 (ce qui correspond à la situation la plus pessimiste) on trouve
que l’erreur sur p1 est de 5%, qui s’ajoute à l’erreur statistique de 3.5%. Une autre source
d’erreur est donnée par le fond d’atomes dans |e〉 dû à l’émission spontanée du niveau
|52c〉 et au fond d’atomes dans |g〉 dû à l’émission spontanée du niveau |e〉. Au vu de
toutes les imperfections expérimentales, on considère que η est mesurée à 10% près.

Conclusion

L’expérience de mémoire quantique présentée ci-dessus nous a permis de mesurer
η1 = 82.6% ± 10% et η2 = 82.2% ± 10%. On peut mesurer l’efficacité de détection
du montage grâce à une autre expérience présentée dans la thèse de Paolo Maioli. Le
principe est le suivant : on injecte dans la cavité un champ cohérent |α〉, puis après un
délai T le champ |−α〉 : le champ résultant est donc le vide. Si un atome a traversé la
cavité entre les deux injections, et interagi dispersivement avec |α〉, le champ cohérent
a subi un déphasage φ (voir chapitre 1). L’état du champ après la seconde injection est
donc

∣∣α(eiφ − 1)
〉
. Le passage d’un atome a ainsi une laissé une signature sur l’état final

du champ. L’analyse de la distribution de phase du champ résultant, dont le principe
sera détaillé chapitre 3 permet de déduire le flux absolu d’atomes ayant interagi avec le
champ. La comparaison avec le flux détecté donne l’efficacité de détection du montage.
On a mesuré η1 = 81% ± 6%. Cela est compatible avec les résultats présentés dans ce
chapitre. L’efficacité de détection des deux montages est donc très satisfaisante et présente
une amélioration nette par rapport au montage précédent.



Chapitre 3

Expériences préliminaires

La technique d’homodynage

On a présenté au chapitre 1 des résultats concernant la théorie de l’interaction résonnante
entre un système à deux niveaux et un mode du champ électromagnétique. On a ensuite
vu au chapitre 2 que l’on dispose des outils expérimentaux adéquats : le système à deux
niveaux est un atome de Rydberg interagissant avec un mode d’une cavité supracon-
ductrice dans le régime de couplage fort. Il faut à présent préciser comment on contrôle
l’interaction entre ces deux systèmes, particulièrement leur temps effectif d’interaction :
c’est l’objet de la section 3.1. D’autre part on s’intéresse à l’oscillation de Rabi d’un atome
de Rydberg dans un champ cohérent : on doit être capable de connaître les paramètres
caractéristiques de ce champ cohérent, à savoir son module et sa phase. La calibration
du nombre de photons injectés dans le mode de la cavité utilise l’interférométrie Ramsey,
elle est présentée section 3.2. La mesure de la phase du champ cohérent, fondée sur une
technique d’homodynage, est exposée section 3.3.

3.1 Observation des oscillations de Rabi quantiques

Une expérience d’Electrodynamique Quantique en Cavité repose sur la répétition de N
séquences expérimentales. Au cours d’une séquence p atomes interagissent avec le champ
préparé dans la cavité. Un paramètre important dans le cadre de l’interaction résonnante
atome-champ est le temps effectif d’interaction tint, défini de la façon suivante :

Ω0 tint(T ) =

∫ T

−∞
Ω0(t)dt =

√
πw0

v
(3.1)

On a pris pour origine des temps l’instant du passage de l’atome au centre de la cavité.
Le temps effectif d’interaction est souvent exprimé en périodes de Rabi. Il représente le
nombre d’oscillations de Rabi que l’atome réaliserait, la cavité étant vide de photons, si
Ω0 était homogène le long du parcours de l’atome. tint dépend de la vitesse atomique. On a
également vu au chapitre 1 que le couplage peut être dit dispersif si δ ≫ Ω0. La fréquence
de Rabi du vide étant fixée, on peut « geler » l’interaction atome-champ en augmentant
brutalement δ, ce qui constitue un autre moyen de contrôler tint.

75



76 CHAPITRE 3. EXPERIENCES PRELIMINAIRES. HOMODYNAGE.

Finalement, le contrôle expérimental de tint requiert de connaître la position de l’atome à
tout instant, et de pouvoir imposer δ de façon résolue en temps. On va dans une première
section voir de quelle manière on ajuste δ, avant de présenter comment on obtient un
signal d’oscillation de Rabi.

Accord de la cavité

On rappelle que δ = ω0 − ω où ω0 est la fréquence de la transition atomique et ω la
fréquence du mode considéré. La fréquence des modes de la cavité dépend linéairement
de la tension VPZT appliquée sur les cales piézo-électriques. VPZT est simplement générée
par amplification d’une tension externe VAD : c’est en fonction de ce paramètre, contrôlé
expérimentalement, que nous exprimerons δ. On calibre ω(VAD) par une expérience de
spectroscopie des modes de la cavité analogue à celle décrite au chapitre 1. La calibration
est présentée figure 3.1 pour le mode HF. Les résultats concernant le mode BF sont
similaires. On trouve

dω

dVAD

= 84kHz/V (3.2)

Fig. 3.1: Variation de la fréquence du mode HF en fonction de la tension VAD.

D’autre part, on a vu au chapitre 2 que ω0 dépend par effet Stark du champ électrique E

appliqué à l’atome, selon la loi quadratique connue

δω0

δE2
= −255kHz/(V/cm)2 (3.3)

δ dépend donc de façon connue des paramètres (E, VAD)

δ = A(E2 − E
(0)2) + B(VAD − V 0

AD) (3.4)
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avec A = −255kHz/(V/cm)2 et B = 84kHz/V. {E(0)2; V 0
AD} est un couple annullant δ. Il

suffit de connaître un tel couple pour connaître δ en tous points de l’espace des paramètres.
E est le champ électrique régnant entre les deux miroirs de la cavité, il dépend de Vcav la
tension appliquée entre les miroirs d’une façon connue : on exprimera plutôt δ en fonction
de {Vcav, VAD} qui sont les paramètres ajustables expérimentalement.

Pour déterminer {V 0
cav; V

0
AD} on réalise une expérience similaire au micromaser [26] : on

fixe V 0
cav et on prépare un atome dans |e〉, la cavité étant vide. L’atome est envoyé dans la

cavité et le taux de transfert de |e〉 vers |g〉 enregistré pour différentes valeurs de VAD. Si

δ ≫ Ω0 (3.5)

le taux de transfert est nul. Dans le cas contraire, l’atome a une probabilité non-nulle
d’émettre un photon dans ce mode par émission spontanée. La figure 3.2 présente le
signal obtenu. Le taux de transfert maximum est obtenu quand l’atome est à résonance
avec un mode : les deux pics correspondent ainsi à la résonance avec les modes HF et BF.
On trouve VAD = 0.63 V pour le mode HF et VAD = 1.65 V pour le mode BF. D’après
l’équation 3.2, on vérifie bien que l’écart entre les modes est de 86kHz.

Mode HF Mode BF

0.63V 1.65V

Fig. 3.2: Probabilité d’émission de l’atome en fonction de VAD.

On contrôle ainsi δ à l’échelle du kHz. La source essentielle de difficulté est dûe aux
inhomogénéïtés de champ électrique, qui sont d’autant plus importantes que la valeur
moyenne E0 du champ électrique est grande. Supposons en effet que ce champ soit affecté
de fluctuations ∆E. D’après l’équation 3.4 les variations ∆δ du désaccord en fonction de
ces fluctuations s’écrivent

∆δ = A∆|E|2 ∼ 2AE0.δE (3.6)
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Pour réduire ces inhomogénéïtés on applique aux atomes le champ électrique minimum
compatible avec la survie des états circulaires, à savoir |E| = 0.25V/cm.

Oscillation de Rabi du vide

Soulignons ici que toutes les expériences qui seront présentées dans ce mémoire utilisent
le mode HF, le mode BF étant, autant que faire se peut, spectateur (nous reviendrons
sur l’effet du « second mode » et les modifications à apporter à la théorie section 4.3). Le
choix du mode HF a été dicté par deux raisons. D’une part il est mieux couplé à la source
classique externe. D’autre part l’accord entre l’atome et le mode HF est obtenu pour une
valeur de champ électrique dans la cavité inférieure à la valeur nécessaire à l’accord avec
le mode BF. On vient de voir que les inhomogénéïtés de champ électrique perturbent
d’autant plus la fréquence atomique que la valeur moyenne du champ est plus important.
On a donc tout intérêt à se placer dans des conditions où le champ électrique est le plus
faible possible compatible avec les expériences réalisées.

L’enregistrement d’un signal d’oscillation de Rabi requiert de balayer le temps effectif
d’interaction entre l’atome et le mode utilisé. On a vu qu’un paramètre était la vitesse
de l’atome, cependant l’atome le plus rapide que nous puissions préparer a une vitesse de
500m/s, ce qui correspond à un temps effectif typique d’une période de Rabi du vide T0.
Pour balayer tint entre 0 et T0, nous gelons donc l’interaction en désaccordant brutalement
l’atome de la cavité. Pour cela nous pouvons a priori choisir de varier ω ou ω0. Cependant
nous voulons pouvoir commuter δ sur une échelle de temps courte devant la période de
Rabi, soit 20µs. Les cales piézo-électriques présentant un temps de réponse supérieur à la
ms, la seule possibilité consiste à augmenter brusquement la différence de potentiel entre
les miroirs. Le désaccord maximal que l’on peut obtenir à VAD fixée vaut 1.2 MHz.

L’expérience est la suivante : on prépare un atome dans |e〉 que l’on envoie dans la cavité.
Vcav et VAD sont fixées pour que l’atome soit à résonance avec le mode HF lorsqu’il entre
dans la cavité. A l’instant T on augmente brutalement Vcav de façon à désaccorder l’atome
des deux modes. Les paramètres expérimentaux sont synthétisés dans un diagramme
spatio-temporel représenté figure 3.3.

On enregistre enfin le taux de transfert de l’atome de |e〉 vers |g〉 pour différentes valeurs
de T. On rappelle que le taux de transfert théorique s’écrit

Pe(T ) =
1

2
(1 − cos(tint(T ))) (3.7)

Le signal expérimental est présenté figure 3.4. Sur la même figure est représentée l’oscilla-
tion de Rabi prévue par l’équation 3.7, avec Ω0 = 49 kHz. On constate que le contraste du
signal expérimental n’est pas 1, et que sa fréquence semble légèment supérieure à 49kHz.
L’écart à la théorie est dû au petit champ thermique de 1 photon en moyenne contenu
dans chaque mode : la réduction du contraste provient du fait que le signal observé est
la somme de sinusoïdes de fréquences Ω0, Ω0

√
2, Ω0

√
3...Cela explique également le dé-

placement de la fréquence moyenne du signal vers des valeurs supérieures. D’autre part
la théorie présentée au chapitre 1 ne tient pas compte de l’existence d’un second mode
pouvant perturber l’interaction. Il n’existe pas de formule analytique simple pour décrire
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Fig. 3.3: Diagramme spatio-temporel de l’expérience d’oscillation de Rabi. L’atome
interagit de façon résonnante avec le mode HF jusqu’à l’instant T où on désaccorde
brutalement l’atome du mode.

le signal atomique Pe(T ). Nous comparons le signal expérimental à une simulation numé-
rique. Cette simulation intègre la matrice densité totale du système constitué par l’atome

Fig. 3.4: Pe(T ). L’atome est initialement préparé dans |e〉. Les points correspondent
aux données expérimentales. La ligne pointillée présente l’oscillation de Rabi dans le cas
idéal : 1 mode de facteur de qualité infini préparé dans l’état |n = 0〉. La ligne pleine est
le résultat d’une simulation numérique sans aucun paramètre libre, tenant compte des
deux modes et de la présence d’un champ thermique de 1 photon dans chacun d’entre
eux.
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et les deux modes. La relaxation est prise en compte ainsi que le champ thermique. La
simulation est réalisée avec Ω0 = 49 kHz et nth1 = nth2 = 1. L’accord entre simulation et
théorie est relativement satisfaisant, sachant qu’on ne s’est donné aucun paramètre libre.

Oscillation de Rabi dans un champ cohérent

On peut également observer l’oscillation de Rabi dans un champ cohérent. La méthode
de préparation du champ cohérent sera présentée section 3.2. La figure 3.5 présente un tel
signal pour un atome préparé dans |g〉 de vitesse v=200m/s interagissant avec un champ
cohérent contenant 15 photons. On a également représenté le résultat de la simulation sans
paramètre libre. Cette simulation tient compte comme précédemment des deux modes et
de la relaxation vers le champ thermique. On voit nettement l’effondrement de l’oscillation
caractéristique de la dispersion des fréquences de Rabi. Comme on l’a vu dans le chapitre
1 cet effondrement est la signature du fait que le champ est intriqué avec l’atome. La
preuve expérimentale de cette intrication sera fournie chapitre 4.

Fig. 3.5: Oscillation de Rabi dans un champ cohérent contenant 15 photons en moyenne.
On a représenté les points expérimentaux. La ligne est le résultat d’une simulation
numérique tenant compte des deux modes et du champ thermique initial. La simulation
ne comporte pas de paramètre libre.

Refroidissement de la cavité

L’étude de l’oscillation de Rabi dans un champ cohérent nécessite l’injection de champs
importants (jusqu’à n̄ ∼ 40 photons) dans le mode HF de la cavité. Avant de commencer
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Fig. 3.6: Principe de l’absorption adiabatique d’un champ utilisée pour refroidir la
cavité. On a représenté figure (a) le profil temporel δ(t) d’un atome absorbant (δ est le
désaccord par rapport au mode HF), et figure (b) l’évolution de l’énergie des états du
système atome-champ |g, n〉 et |e, n − 1〉au cours du temps. Si l’atome est suffisamment
lent, le système atome-champ évolue adiabatiquement, le champ dans la cavité contenant
initialement n photons contient au terme de l’interaction n − 1 photons.

une nouvelle séquence expérimentale, nous envoyons une succession d’atomes préparés
dans l’état fondamental pour absorber le champ résiduel de la séquence expérimentale
précédente. Ces paquets atomiques contiennent un nombre moyen d’atomes important
(typiquement 3 à 10 atomes par paquet). L’efficacité de chacun de ces paquets repose
essentiellement sur l’optimisation de son profil temporel Vcav(t). Une technique efficace
consiste à programmer au passage d’un paquet atomique un profil Vcav(t) tel que δ(t) (δ
désigne le désaccord par rapport au mode HF, cela sera systématiquement le cas par la
suite) décrive [−δmax, δmax] en s’annullant au centre du mode. Si l’atome est suffisamment
lent l’évolution du système atome-champ est adiabatique, et l’état |g, n〉 devient |e, n − 1〉
avec une efficacité proche de 100%. Des tests précis sur l’efficacité de ces atomes absorbants
peuvent être trouvés dans les thèses de Gilles Nogues et Patrice Bertet [75, 84]. La figure
3.6 illustre l’absorption adiabatique du champ par un atome préparé initialement dans |g〉.
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Fig. 3.7: Diagramme spatio-temporel des sept atomes systématiquement envoyés au
début de chaque séquence expérimentale pour absorber le champ résiduel de la séquence
expérimentale précédente. Le premier atome absorbe le champ dans le mode BF, les
six autres le champ contenu dans le mode HF. Le désaccord δ représente le désaccord
par rapport au mode HF, utilisé pour toutes les expériences. L’origine des temps est
arbitraire.

La figure 3.7 montre le diagramme spatio-temporel de sept atomes absorbants de vitesse
v=335m/s ainsi que le profil δ(t) correspondant. On voit que le premier paquet atomique
absorbe adiabatiquement le champ contenu dans le mode BF, tandis que les six suivants
absorbent le champ contenu dans le mode HF, a priori beaucoup plus intense.

Ces atomes absorbants ou « serpillières » ont initialement été mis au point pour absorber
le champ thermique. Ils sont très utiles lorsque l’initialisation de la cavité dans l’état |0〉 est
particulièrement critique pour le résultat des expériences, notamment la détection QND
d’un photon [76], ou la mesure de la fonction de Wigner de l’état nombre |n = 1〉 [10]. En
revanche, les résultats présentés dans ce mémoire sont relativement robustes à la présence
du champ thermique. La technique des atomes absorbants a ici été utilisée dans le seul
but d’éliminer les champs résiduels entre chaque séquence expérimentale.

Nous sommes donc capables de contrôler l’interaction entre un atome et un champ préa-
lablement préparé dans la cavité. Le but de la section suivante est d’exposer les méthodes
utilisées pour préparer et caractériser un champ cohérent.
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3.2 Mesure de l’amplitude d’un champ cohérent

Dans cette section on commence par exposer le principe de la calibration du nombre
moyen de photons d’un champ cohérent. Celle-ci repose sur la technique d’interféromé-
trie Ramsey. On présente ensuite la préparation du champ cohérent, et particulièrement
les paramètres expérimentaux mis en jeu. On aborde enfin l’expérience de calibration
proprement dite, ainsi que l’erreur associée à cette méthode.

Principe

L’interféromètre de Ramsey est en tous points analogue à l’interféromètre de Mach-
Zehnder présenté chapitre 1. On applique à un atome de Rydberg préparé dans l’état
|g〉 deux impulsions π/2 induites par un champ classique quasi-résonnant avec la transi-
tion g− i. On appelle Tvol le délai entre les deux impulsions et ∆ω = ωgi −ω le désaccord
entre la pulsation de la transition atomique ωgi et la pulsation du champ classique ω. Les
impulsions sont analogues aux lames séparatrices. La transformation subie par l’atome
lors de chaque impulsion s’écrit

|g〉 −→ 1√
2
(|g〉 + |i〉)

|i〉 −→ 1√
2
(− |g〉 + |i〉) (3.8)

Pour balayer la phase φ de la superposition atomique et réaliser ainsi l’équivalent de la
lame à retard, il existe deux techniques. La première consiste à faire varier la fréquence
de la transition g − i par effet Stark, en appliquant entre les deux impulsions pendant
un temps très court τ , une forte différence de potentiel entre les miroirs. On a alors
φ = ∆ωτ (le calcul est effectué dans le référentiel tournant avec la source conformément à
la section 1.1). Balayer cette différence de potentiel permet de balayer la phase. La seconde
technique, que nous employons ici, consiste à faire varier la fréquence du champ. Cela n’a
pas d’incidence sur la qualité de l’impulsion π/2, en effet le spectre de l’impulsion a une
largeur typique 1/T où T est la durée de l’impulsion. L’atome se comportant comme un
filtre sélectionnant la composante spectrale accordée sur la transition, il suffit donc que
la variation de fréquence soit faible devant 1/T , ce qui est réalisé comme on le verra par
la suite. La phase de la superposition accumulée entre les deux impulsions vérifie dans ce
cas

φ = ∆ωTvol (3.9)

On peut alors calculer, en fonction de φ, la probabilité de détecter l’atome dans l’état |g〉.
De façon analogue au cas de l’interféromètre de Mach-Zehnder, on trouve

Pg(φ) =
1

2
(1 − cos(φ)) (3.10)

Ces oscillations sont des franges d’interférence entre les deux évolutions indiscernables
qu’a pu suivre l’atome entre les deux impulsions : rester dans l’état |g〉 ou passer dans
l’état |i〉.
On peut utiliser les franges de Ramsey obtenues pour mesurer l’amplitude d’un champ
cohérent injecté dans le mode de la cavité [25]. On utilise pour cela l’interaction dispersive
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atome-champ. Supposons le champ dans la cavité dans l’état |n〉. On rappelle (voir équa-
tions 1.71) qu’un atome préparé dans |g〉 et désaccordé du mode de la cavité d’une quantité
δ subit à la traversée du mode dans la représentation d’interaction la transformation

|g, n〉 −→ einφ0 |g, n〉 (3.11)

où φ0 est le déphasage par photon défini équation 1.70. En revanche l’état |i, n〉 est in-
changé, l’état |i〉 n’étant couplé à aucun autre état circulaire par une transition proche de
celle de la cavité. Entre les deux impulsions la superposition atomique subit un déphasage
nφ0 tandis que le champ reste inchangé :

1√
2
(|g〉 + |i〉) |n〉 −→ 1√

2
(einφ0 |g〉 + |i〉) |n〉 (3.12)

Les franges de Ramsey enregistrées dans cette configuration sont déphasées de nφ0 par
rapport au cas où la cavité est vide de photons.

Si la cavité contient initialement un champ cohérent |α〉, la transformation subie par le
système atome-champ s’écrit

|g, α〉 −→ e−|α|2/2
∑

n

αn

√
n!

einφ0 |g, n〉 (3.13)

soit
|g, α〉 −→

∣∣g, αeiφ0
〉

(3.14)

Un atome préparé dans |g〉 déphase le champ d’une quantité φ0. L’état |i, α〉 reste inchangé
pour la même raison que précédemment. Après interaction dispersive la superposition
atomique s’intrique donc avec le champ contenu dans le mode :

1√
2
(|g〉 + |i〉) |α〉 −→ 1√

2
(
∣∣g, αeiφ0

〉
+ |i, α〉) (3.15)

Le champ dans la cavité agit comme un détecteur du chemin suivi par l’atome entre les
deux impulsions Ramsey. Conformément à ce qui a été développé dans la section 1.4.3, la
probabilité de détecter l’atome dans |g〉 à la sortie de l’interféromètre est modifiée de la
façon suivante :

Pg(φ) =
1

2
(1 −ℜ(eiφ

〈
αeiφ0

∣∣ α〉)) (3.16)

D’après l’équation 1.118 on a
〈
αeiφ0

∣∣ α〉 = exp(−n̄(1 − cos(φ0))) exp(−in̄ sin(φ0)) (3.17)

L’équation 3.16 s’écrit finalement

Pg(φ) =
1

2

(
1 − e−n̄(1−cos(φ0)) cos(φ − n̄φ0)

)
(3.18)

Les franges de Ramsey sont déphasées de n̄φ0 par rapport au cas où la cavité est vide. Le
contraste des franges vaut quant à lui

C = 1 − e−n̄(1−cos(φ0)) (3.19)

Le pointé du déphasage des franges de Ramsey obtenues par rapport aux franges de
référence enregistrées dans le vide permet ainsi, connaissant φ0, de déduire n̄.
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Préparation du champ

Préparer un champ cohérent dans le mode de la cavité est extrêmement simple expéri-
mentalement : il suffit de le coupler à une source classique, de fréquence variable, via
un guide d’onde externe. Le temps de couplage est contrôlé avec un pas de 100ns par
une PIN-diode qui joue le rôle d’un interrupteur. La finesse spectrale de la source est de
l’ordre du Hz, sa puissance est modulable grâce à un atténuateur calibré en dB. Le champ
rayonné par la source classique dans le mode est un champ cohérent dont l’amplitude
augmente linéairement avec le temps. Le contrôle du nombre de photons moyen injectés
dans le mode repose donc sur deux paramètres expérimentaux : la durée d’injection et la
valeur de l’atténuation.

Le spectre de la source est élargi car la durée de l’injection Tinj est finie : la densité spec-
trale de puissance est un sinus cardinal de largeur à mi-hauteur δν1/2 = 1/Tinj. La cavité
se comporte comme un filtre ne sélectionnant que la composante spectrale de l’excitation
accordée sur la fréquence du mode. Il faut toutefois prendre garde de ne pas injecter
d’énergie dans le mode BF. On adapte la durée de l’injection pour que la composante
spectrale correspondant au mode BF soit située au 2ieme noeud du sinus cardinal. On
fixe ainsi Tinj = 23.3µs. La figure 3.8 présente le signal expérimental, obtenu en couplant
le signal de sortie de la PIN-diode à un analyseur de spectre. L’origine des fréquences
est prise égale à la fréquence du mode HF. On voit nettement la figure le sinus cardi-
nal caractéristique d’un signal limité temporellement. Soulignons d’autre part que l’on
n’observe pas la transformée de Fourier d’une impulsion unique, mais celle d’impulsions
périodiques, le taux de répétition étant de 1000 impulsions par seconde : on a ainsi convo-
lué le signal temporel avec un peigne de Dirac. Dans le domaine spectral, cela revient à
multiplier le sinus cardinal par la TF du peigne, qui est également un peigne de Dirac.
L’écart entre deux fréquences successives du peigne vaut 1kHz. Cela est responsable du
« bruit » apparaissant sur le signal expérimental.

La durée de l’impulsion étant fixée, le seul paramètre ajustable est l’atténuation de la
source. L’expérience de calibration consiste à connaître le nombre de photons injectés en
fonction de cette atténuation.

Expérience de calibration

L’interféromètre de Ramsey est présenté figure 3.9. Une source micro-onde débouchant sur
le côté de la cavité permet d’exciter un mode du système cavité+anneau de très mauvais
facteur de qualité, appelé « mode Ramsey ». On peut montrer que bien que contenant
très peu de photons, le champ dans ce mode a un comportement classique [62].

Une expérience préliminaire consiste à réaliser une carte du champ afin d’en repérer les
noeuds et les ventres. Pour cela on prépare des atomes de toutes vitesses dans |g〉 à un
instant de référence. On allume ensuite la source micro-onde accordée sur la fréquence de
transition g − i pendant une durée de 2µs. On trace enfin le taux de transfert g → i en
fonction du temps d’arrivée de l’atome au détecteur. Le temps d’arrivée correspond à un
facteur d’échelle près à la position de l’atome dans la cavité au moment de l’injection.
Le transfert est d’autant plus grand que l’intensité de l’onde est plus importante (on
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Fig. 3.8: Spectre de la source pulsée pour un temps d’injection de 23.3 µs.

utilise une micro-onde atténuée de façon à ne pas saturer la transition). On repère ainsi
deux ventres, de part et d’autre du mode gaussien : ces ventres constitueront les zones de
Ramsey notées R1 et R2.

L’expérience d’interférométrie se déroule alors de la façon suivante(voir figure 3.9) : un
atome de vitesse v = 335m/s est préparé dans |g〉. Pendant qu’il traverse R1 la micro-
onde est allumée pendant un temps ∆t1 = 2.5µs tel que l’atome réalise une impulsion π/2.
L’atome traverse ensuite le mode gaussien de la cavité. On rallume la micro-onde pendant

SRam

Position

Temps

x=vt

Allumage

source S

t1 t2

atome diode PIN

dB

attRam
νRam=νgi

guide d'ondes

Ramsey

1
R

2
R

Fig. 3.9: Schéma de l’interféromètre de Ramsey. R1 et R2 sont les zones de Ramsey,
analogues aux lames séparatrices de l’interféromètre de Mach-Zehnder.
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Fig. 3.10: Diagramme spatio-temporel de l’expérience permettant la mesure de φ0. L’état
|n = 1〉 est préparé par un premier atome subissant une impulsion π dans le mode HF.
La fin de l’impulsion a lieu 77 µs avant le passage de l’atome-sonde au centre de la cavité.
Les impulsions g− i dans les zones de Ramsey R1 et R2 sont représentées par les cercles
grisés.

∆t2 = 2.2µs au moment où l’atome traverse R2. On conçoit ici l’importance de choisir
pour zones de Ramsey des ventres de la micro-onde. La position de l’atome est en effet
connue au mm près. L’homogénéïté spatiale du champ est donc cruciale, faute de quoi la
qualité de l’impulsion π/2 est amoindrie, ainsi que le contraste des franges de Ramsey.
Dans des ventres tels que R1 et R2 le champ est homogène à l’échelle de quelques mm :
l’extension du paquet atomique est donc moins critique. On enregistre enfin la probabilité
de détecter l’atome dans |g〉 en fonction du désaccord entre la source et la transition
atomique. Remarquons ici que le désaccord est balayé sur une plage de 50kHz, ce qui est
peu devant la largeur spectrale d’une impulsion π/2 (de l’ordre de 1/T ∼ 500 kHz). Le
contraste obtenu avec cet interféromètre vaut 70% (voir figure 3.13).

Venons-en maintenant à la calibration proprement dite. Avant d’effectuer la calibration il
faut mesurer φ0. La cavité étant vide, on enregistre des franges de référence. On prépare
ensuite l’état |n = 1〉 en faisant subir une impulsion π à un atome préparé dans |e〉 à
résonance avec le mode. La vitesse de l’atome est 335m/s, le temps d’interaction corres-
pondant à l’impulsion π est contrôlé par effet Stark. On enregistre enfin des franges de
Ramsey à l’aide d’un second atome. La vitesse de l’atome sonde est 335m/s, entre les deux
impulsions Ramsey le désaccord atome-mode HF est de 100kHz. La figure 3.10 synthétise
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Fig. 3.11: Expérience de mesure de φ0. On a représenté les franges de référence obtenues
si la cavité est dans l’état vide (carrés), ainsi que les franges obtenues en présence d’un
premier atome émetteur (triangles).

ces données.

Idéalement, le déphasage des franges obtenues par rapport aux franges de référence est
égal à φ0. Les deux séries de franges sont représentées figure 3.11. Le déphasage mesuré
est φ0 = 43

◦
. L’erreur statistique sur ce pointé est évaluée à 2.5

◦
, soit 6%.

Notre but est ensuite d’établir une calibration du nombre de photons injectés en fonction
de l’atténuation pour une durée ∆t = 23.3µs fixée. L’injection a lieu entre -70.3 et -47 µs
(l’origine des temps est prise lors du passage de l’atome sonde au centre de la cavité).
Le diagramme résumant les différents paramètres expérimentaux est présenté figure 3.12.
Nous enregistrons des franges de Ramsey correspondant à différentes atténuations de la
source (voir figure 3.13). Le déphasage de chaque système de franges par rapport aux
franges de référence vaut n̄φ0. Connaissant φ0 nous pouvons déduire n̄ pour une certaine
valeur d’atténuation att. On trace ensuite n̄ en fonction de 10−att/10 (puissance en unité
arbitraire). L’ajustement d’une droite sur la série de points permet de déduire une esti-
mation du nombre de photons injectés par dB. La figure 3.14 présente cet ajustement,
selon lequel 80dB d’atténuation correspondent à 1.34 photons injectés dans la cavité.

La calibration a ici été réalisée sans tenir compte de la relaxation. L’injection du champ
a lieu t = 47µs avant le passage de l’atome-sonde au centre de la cavité. Le champ
cohérent contenu dans un mode de facteur de qualité fini reste un champ cohérent dont
l’amplitude décroît en exp(−2t/τ) où τ est le temps de vie d’un photon dans le mode :
le déphasage pointé est donc n̄(t)φ0 où n̄(t) = n̄0 exp(−t/τ), n̄0 étant le nombre moyen
de photons réellement injectés. Il suffit donc de multiplier le nombre de photons mesuré
par exp(t/τ) = 1.06 pour inclure cet effet systématique. Il en sera tenu compte dans les
simulations présentées dans la section suivante, ainsi qu’au chapitre 4. Soulignons ici que
la relaxation affecte également notre détermination de φ0. On ne peut corriger cette erreur
car, contrairement au cas du champ cohérent, le déphasage des franges de Ramsey pour
un état nombre ayant relaxé vers le vide pendant un délai τ n’est pas une fonction simple
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Fig. 3.12: Diagramme spatio-temporel de l’expérience de calibration du nombre de pho-
tons. L’injection d’un champ dans le mode HF de la cavité a lieu entre -70.3 µs et -47 µs,
l’origine des temps étant prise au passage de l’atome-sonde au centre de la cavité. Elle
est symbolisée par l’ovale grisé.

Fig. 3.13: Franges de Ramsey pour différentes atténuations de la source (référence, 0.67
photons injectés, 2.68 photons injectés)
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Fig. 3.14: Evaluation de n̄ pour différentes atténuations de la source microonde. L’abs-
cisse est la puissance linéaire. 1 correspond à 80dB d’atténuation.

de τ .

Cela nous conduit à mentionner les erreurs systématiques, principalement au nombre de
trois :

1. le champ cohérent ne relaxe pas vers le vide, mais vers un champ thermique de 1
photon. La correction effectuée ci-dessus ne tient pas compte de cet effet.

2. l’erreur lors de la détermination de φ0 : la préparation de l’état |n = 1〉 ayant lieu
77µs avant le passage de l’atome-sonde au centre de la cavité, le champ a commencé
à relaxer vers son état d’équilibre, à savoir le champ thermique.

3. le second mode peut interagir dispersivement avec l’atome, induisant des déphasages
supplémentaires.

On évalue à 10% l’erreur sur la calibration du nombre de photons.

3.3 Mesure de la distribution de phase d’un champ

Détermination de la phase d’un champ classique

Avant d’étudier le problème de la mesure de la phase en électrodynamique quantique, il
est bon de rappeler brièvement ce qu’est la phase d’un champ électrique classique et la
façon de la mesurer. Un champ classique est parfaitement défini par son amplitude et sa
phase. Posons

E(t) = ǫ(αe−iωt + α∗eiωt) (3.20)

ǫ est la polarisation du champ. α est l’amplitude complexe du champ et constitue une re-
présentation géométrique commode de celui-ci dans le plan complexe (ou plan de Fresnel).
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Contrairement à l’amplitude qui est absolue, la phase dépend du choix d’un oscillateur de
référence E0(t) de même pulsation dont l’amplitude complexe α0 est connue et réelle (ce
qui revient à fixer l’axe des réels dans le plan de Fresnel). Pour mesurer α on peut utiliser
un élément non-linéaire pour obtenir un signal fonction du produit des deux champs. Ce
produit s’écrit

α0(e
−iωt + eiωt)(αe−iωt + α∗eiωt) = 2α0(ℜ(α) + ℜ(αe−2iωt)) (3.21)

Un filtrage du terme oscillant rapidement permet d’obtenir un signal proportionnel à
α0ℜ(α). En répétant la même opération avec un oscillateur de référence en quadrature
avec E0(t), on mesure un signal proportionnel à α0ℑ(α). Le rapport des deux grandeurs
nous donne accès à φ. Connaissant α0, on peut également déduire l’amplitude du champ.
La détermination du couple (|α|, φ) (amplitude et phase du champ) nécessite donc la
mesure préalable de (ℜ(α),ℑ(α)) (couple de quadratures).
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Fig. 3.15: Schéma du dispositif de détection homodyne équilibrée

Si E se trouve dans un mode propageant du champ électromagnétique, on peut utiliser un
montage dit de détection homodyne équilibrée représenté figure 3.15. Il se compose d’une
lame séparatrice équilibrée, de deux photodétecteurs sensibles respectivement à l’intensité
dans les voies c et d, et d’un élément permettant de calculer la différence d’intensité Ic−Id.
Le champ à mesurer est préparé dans la voie a, le champ de référence, appelé oscillateur
local, dans la voie b. L’amplitude complexe du champ résultant dans la voie c est α + α0,
dans la voie d, α−α0. On en déduit que Ic ∝ |α+α0|2 et Id ∝ |α−α0|2 avec un facteur de
proportionnalité identique, les détecteurs étant les mêmes. Il vient Ic − Id ∝ (α + α∗)α0,
soit Ic − Id ∝ α0ℜ(α) : on a ainsi mesuré la composante du champ en phase avec E0(t).
On peut de la même façon que précédemment mesurer la composante du champ oscillant
en quadrature avec E0(t). Les photodétecteurs remplissent ici la fonction de non-linéarité
et de filtrage (ils sont sensibles au carré du module du champ électrique).

Remarquons que si l’amplitude |α| du champ est connue, on peut déterminer directement
la phase. Il suffit de fixer |α0| = |α|, de balayer la phase de l’oscillateur local (α0 est
maintenant prise complexe) et d’enregistrer le signal de la voie c. Si α0 = −α, une interfé-
rence destructive se produit et l’intensité résultante dans la voie c est nulle. Connaissant
la phase de l’oscillateur local on en déduit aisément la phase à mesurer. Cette méthode
est très similaire à celle que nous utiliserons dans notre cavité.
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Homodynage en CQED

Revenons au cas général dans le cas où le champ à mesurer est quantifié. Le champ
contenu dans le mode n’est alors pas nécessairement bien décrit par une amplitude et une
phase. Ainsi la valeur moyenne de n’importe quelle quadrature du champ électrique dans
l’état |n〉 est nulle : les états de Fock n’ont pas de phase définie. En revanche on a vu
dans le chapitre 1 qu’un état cohérent est parfaitement défini par le nombre complexe α :
par construction, les valeurs moyennes d’un couple de quadratures dans l’état |α〉 sont
égales aux quadratures d’un champ classique d’amplitude complexe α. On est donc fondé
à mesurer par la technique de détection homodyne les quadratures d’un champ cohérent
pour en déduire α. Rappelons que les quadratures étant des observables conjuguées, elles
présentent des dispersions vérifiant une inégalité de Heisenberg. On ne pourra donc me-
surer qu’une distribution d’amplitude et de phase sur le champ cohérent, les largeurs de
ces distributions étant liées par l’inégalité qualitative (voir équation 1.86)

∆N∆ϕ ∝ 1 (3.22)

où ∆N est la dispersion sur le nombre moyen de photons et ∆φ l’incertitude sur la phase.

Supposons maintenant que le mode de la cavité contienne un champ cohérent d’amplitude
moyenne |α| connue, et que nous souhaitions mesurer sa phase ϕ0 par rapport à un champ
de référence. On peut procéder comme dans le cas classique, à savoir faire battre le champ
à mesurer avec un champ cohérent de même amplitude et de phase variable ϕ+π. Il suffit
pour cela de coupler une source classique au mode pendant un temps adapté. Le champ
injecté a bien la même fréquence que le champ à analyser, la cavité jouant le rôle d’un
filtre : il est donc parfaitement équivalent à l’oscillateur local utilisé dans la technique de
détection homodyne. Si ϕ = ϕ0 les deux champs s’annullent et le champ résultant dans
la cavité est le vide (voir figure 3.16). Nous ne disposons pas d’un détecteur sensible à
l’intensité du champ dans la cavité car la seule observable que nous pouvons mesurer est
l’énergie atomique. En revanche nous pouvons sonder l’état du champ en préparant un
atome dans |g〉 que nous envoyons dans la cavité à résonance avec le mode. Si la cavité
est vide la probabilité que l’atome ressorte dans l’état fondamental est 1. Dans tous les
autres cas cette probabilité est inférieure car l’atome a une chance d’absorber un photon.
Le signal Pg(ϕ) est donc maximum pour ϕ = ϕ0. On dispose ainsi d’une technique de
pointé de la phase. Soulignons que cette technique a déjà été utilisée précédemment dans
le groupe [89, 10].

Paramètres expérimentaux

On peut maintenant détailler les étapes de l’expérience proprement dite de mesure de la
phase du champ. Les données expérimentales sont synthétisées figure 3.17.

On commence par coupler la source micro-onde de pulsation ωcl, quasi-résonnante avec le
mode HF, pendant 23.3µs comme exposé en début de chapitre : on injecte ainsi un champ
cohérent |α〉 dans le mode HF tout en laissant inchangé le mode BF : |α〉 constitue le
champ à analyser. Dans le référentiel tournant à la fréquence du mode |α〉 reste inchangé.
En revanche l’amplitude complexe du champ rayonné par la source classique tourne à la
pulsation ∆ = ωcl − ω, où ω est la fréquence du mode HF. A l’instant T on couple à



3.3. MESURE DE LA DISTRIBUTION DE PHASE D’UN CHAMP 93
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Fig. 3.16: Mesure de la phase d’un champ cohérent d’amplitude connue ϕ0. Le champ
à analyser et le champ d’analyse s’annullent pour ϕ = ϕ0.

nouveau la source au mode : le champ injecté par la source classique est déphasé de ∆T
par rapport à |α〉 et s’écrit donc

∣∣αei∆T
〉

: cela constitue le champ d’analyse. La durée
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Fig. 3.17: Diagramme spatio-temporel d’une expérience d’homodynage. Les sept pre-
miers paquets atomiques contiennent 10 atomes en moyenne et ont pour fonction d’ab-
sorber le champ résiduel de la séquence expériementale précédente. Les cercles grisés I1

et I2 représentent les deux injections d’un champ cohérent dans le mode HF.
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de la seconde injection est de 20.6µs : le nombre de photons injectés est moins important
pour tenir compte de la relaxation du champ dans la cavité entre les deux injections.
Remarquons qu’en modifiant la durée de l’injection on prépare un petit champ cohérent
dans le mode BF. Ce champ est négligeable car le mode BF se trouve au voisinage du
deuxième noeud du sinus cardinal (voir figure 3.8).

Il existe deux possibilités pour varier la phase du champ d’analyse : balayer T , mais nous
sommes limités par la vitesse des atomes et la taille du mode ; ou balayer ∆, technique
que nous choisissons ici. Cela est sans conséquence sur la quantité d’énergie injectée dans
le mode HF : en effet le spectre de la source a une largeur typique de 50kHz et le balayage
est effectué sur une plage maximale de 10kHz. On envoie enfin un atome préparé dans |g〉
de vitesse 335m/s pour sonder l’état du champ dans la cavité. On enregistre Pg(∆). La
condition d’annullation du champ a lieu pour ∆T = ±π. On remarque avant l’expérience
proprement dite le passage de 7 paquets atomiques préparés dans l’état fondamental,
contenant 10 atomes en moyenne : ces paquets ont pour fonction d’absorber le champ
cohérent résiduel de la séquence expérimentale précédente. Le profil δ(t) est également
représenté figure 3.17 : comme on l’a vu au début de ce chapitre, ces atomes absorbent le
champ résiduel de façon adiabatique.

Fig. 3.18: Absorption de l’atome-sonde en fonction du désaccord entre la source classique
et le mode HF.

Pg(∆) est représenté figure 3.18. Le signal est obtenu pour 30 photons injectés. Les deux
pics correspondent aux deux annullations du champ, l’une pour ∆T = −π, l’autre pour
∆T = π. Les deux pics sont pointés à 7120Hz l’un de l’autre. Ce type de courbe nous
permet d’étalonner ∆T en degrés. Dans toutes les courbes qui suivront l’unité de l’abscisse
sera graduée en degrés grâce à cet étalonnage préliminaire. On remarque qu’à l’interférence
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destructive Pg < 1 : cela est dû à l’absorption du champ thermique résiduel.

Cette expérience peut sembler quelque peu artificielle : en effet, la différence de phase
entre les deux champs injectés est parfaitement connue. Elle présente un intérêt si le
champ injecté à l’instant t = 0 dans la cavité subit un déphasage ∆φ. La condition
d’interférence destructive devient ϕ = ϕ0 +∆φ. La technique d’homodynage permet alors
de pointer ∆φ : cette méthode permet ainsi de mesurer des variations de phase. Pour
préciser les idées nous mesurerons de cette façon la variation de phase du champ cohérent
entre le cas où un atome a interagi de façon résonante avec lui et le cas où il a évolué
librement.

Homodynage et fonction Q

Il existe un lien étroit entre la technique d’homodynage présentée ci-dessus et la mesure
de la fonction Q. Rappelons que la fonction Q d’un champ décrit par la matrice densité
ρ̂ évaluée au point α représente la probabilité de mesurer le champ dans l’état |0〉 (notée
P (0)) après déplacement de celui-ci de −α (voir équation 1.134). Pour analyser la phase
du champ |αeiϕ0〉, on le déplace de αei(ϕ+π) = −αeiϕ et on mesure Pg d’un atome sonde
au terme de l’interaction entre l’atome et le champ. Si Pg est une fonction simple de P (0),
on peut en déduire Q(αeiϕ). Finalement, l’homodynage revient simplement à mesurer
Q|αeiϕ0〉(αeiϕ). Comme précédemment, la fonction Q est maximale au point

ϕ = ϕ0 (3.23)

Etudions dans quelle mesure Pg est une fonction simple de P (0). On a vu que si le champ
se trouve dans l’état |0〉 l’atome ressort avec certitude dans |g〉. En revanche pour tout
autre état |n〉 du champ, Pg n’a pas de forme simple : c’est la valeur de Pg à l’issue de
l’interaction résonnante de l’atome avec le champ dans l’état |n〉. En jouant sur le temps
effectif d’interaction atome-champ, on peut tenter de faire en sorte que l’atome ressorte
avec une probabilité de 50% dans l’état excité dès que n ≥ 1 (transition dite saturée),
Dans ce cas en effet, on peut écrire

Pg = P (0) +
∑

n≥1

P (n)/2 = P (0) + (1 − P (0))/2 (3.24)

soit
P (0) = 2Pg − 1 (3.25)

P (0) dépend ainsi directement de Pg. Mesurer Pg revient à mesurer la fonction Q du
champ. De telles optimisations seront présentées dans la thèse de Tristan Meunier. Dans
la cas présent l’atome sonde interagit de façon résonnante avec le champ tout au long
de son parcours. Rappelons toutefois que la fonction Q (si elle pouvait être mesurée) et
notre signal Pg(ϕ) trouvent leur maximum au même point ϕ0. La différence entre les deux
signaux réside dans la largeur de la courbe. La figure 3.19 permet de comparer la fonction
Q théorique et le signal expérimental pour ϕ0 = 0. Pour comparer des signaux équivalents
nous avons choisi de représenter ici non pas Pg(ϕ), mais 2Pg(ϕ) − 1, qui serait égal à la
fonction Q théorique si les conditions de saturation de la transition étaient remplies. Le
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champ analysé est un champ cohérent d’une dizaine de photons. Le calcul de la fonction Q
tient compte du fait qu’avant l’injection régnait dans le mode un petit champ thermique :
on a donc ici représenté la fonction Q du champ thermique déplacé. La largeur de la
fonction Q théorique est évaluée à 36.7◦, celle de la courbe d’homodynage à 43.6◦. La
différence de largeur est comme on l’a vu due au fait que le temps effectif d’interaction
n’est pas optimisé pour la mesure de la fonction Q.

Fig. 3.19: Comparaison entre le signal d’homodynage et la fonction Q théorique pour un
champ de 10 photons. Il est tenu compte du champ thermique. Les points correspondent
à 2Pg − 1. La ligne est la fonction Q théorique.

Rappelons que pour le champ cohérent la largeur de la distribution de phase est de l’ordre
de

√
1/n̄. On a représenté figure 3.20 les courbes d’homodynage pour différents nombres

de photons initialement injectés. La largeur de chacun de ces signaux a été évaluée à
l’aide d’un ajustement gaussien. On a ainsi représenté sur la figure de droite les largeurs
obtenues en fonction de

√
1/n̄. On constate que les points sont alignés, ce qui prouve que

les signaux d’homodynage reflètent bien la distribution de phase du champ injecté. On
a également représenté sur la même figure les largeurs des fonctions Q calculées pour un
champ cohérent et pour un champ thermique déplacé.

Concluons cette section en soulignant à nouveau que la fonction Q et la courbe expéri-
mentale d’homodynage ont leur maximum au même point. Dans le chapitre suivant, nous
comparerons donc les signaux expérimentaux aux fonctions Q du champ calculé.
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Fig. 3.20: (a) Largeur du signal d’homodynage pour 10, 15, 20 et 33 photons injectés.
(b) Dépendance de la largeur en fonction de 1/

√
n̄. On a représenté les points expéri-

mentaux ; en tirets : largeur de la fonction Q d’un champ thermique de 1 photon déplacé
de

√
n̄ ; en pointillés : largeur de la fonction Q d’un champ cohérent d’amplitude

√
n̄.
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Chapitre 4

Préparation d’un état « Chat de

Schrödinger »du champ

Rassemblons rapidement les résultats importants des chapitres précédents. On a vu au
chapitre 1 qu’un atome à deux niveaux préparé dans l’état |e〉 interagissant de facon
résonnante avec un champ cohérent mésoscopique |α〉 pendant un temps effectif tint évolue
selon l’équation 1.130

|α, e〉 −→ 1√
2

(|α+(tint), ψ+(tint)〉 + |α−(tint), ψ−(tint)〉) (4.1)

On a intrication d’un objet microscopique (l’atome) avec un objet mésoscopique(le champ) :
la situation est analogue à celle décrite par Schrödinger dans la métaphore du chat. La
phase classique du champ est corrélée à la phase quantique de la superposition atomique,
le champ jouant le rôle d’un détecteur du chemin suivi par l’atome.

Le but de cette section est de mettre en évidence expérimentalement ces résultats théo-
riques. La section 4.1 montre l’intrication de l’atome et du champ et la préparation de
celui-ci dans une superposition de deux composantes de phases classiques opposées. La
cohérence de la superposition créée est analysée section 4.4. On montre dans la section
4.2 la corrélation entre l’état du champ et l’état de l’atome, en préparant sélectivement
au début de l’interaction l’état |ψ+(0)〉 ou |ψ−(0)〉 : le système atome champ évolue alors
en |ψ+, α+〉 ou |ψ−, α−〉.

4.1 Préparation d’une superposition d’états mésosco-

piques du champ

L’expérience consiste à préparer initialement l’atome dans l’état |e〉, le système atome-
champ évoluant comme décrit par l’équation 1.130. Si on détecte ensuite cet atome dans
l’état |g〉 (post-sélection des événements par la détection de l’atome) cela signifie que le
champ se trouvait au terme de l’interaction dans une superposition de deux états de phases
±φ. On peut mettre en évidence cette superposition de la même façon que si le champ
avait simplement été déphasé. La seconde injection donne maintenant lieu à l’annullation

99
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de l’une ou l’autre des composantes du champ résultant(voir figure 4.1) : soit ∆T = π+φ,
soit ∆T = π − φ. On s’attend donc à ce que la courbe Pg(∆T ) présente deux maxima,
situés à ±φ par rapport au maximum de référence obtenu en l’absence de premier atome.

i
eα

φ

-i
e

φ
α−

-i
eα

φ-i
eα

φ

i
eα

φ
−

i
eα

φ

Fig. 4.1: Injection d’un champ d’analyse de phase variable. Le champ à analyser se
trouve dans une superposition

∣∣αeiφ
〉

et
∣∣αe−iφ

〉
. Il existe alors deux cas d’interférence

destructive.

4.1.1 Premiers résultats

Mise en évidence de la superposition d’états du champ

Venons-en maintenant à la description de l’expérience proprement dite. De même que dans
l’expérience de détection homodyne on couple la source micro-onde au mode HF pendant
23.3µs. Grâce à la calibration préalable de l’atténuateur nous connaissons le nombre de
photons ainsi injectés dans le mode. Nous préparons un atome de vitesse 335m/s dans
l’état |g〉 que nous envoyons dans la cavité où il interagit de façon résonnante avec le
champ tout au long de son parcours. Cela correspond à un temps effectif d’interaction
tint = 32µs soit typiquement 1.5 périodes de Rabi. La seconde injection a lieu pendant
20.6µs, puis l’atome sonde à 335m/s est envoyé dans la cavité. Les conditions expérimen-
tales sont synthétisées figure 4.2. Les atomes absorbant le champ résiduel de la séquence
expérimentale précédente ne sont pas représentés.

On enregistre alors avac le détecteur 1 en fonction de ∆ les coïncidences X1Y2 où X décrit
(N, E, G) (respectivement pas d’atome détecté, un atome détecté dans |e〉, un atome
détecté dans |g〉) et Y décrit (E, G). L’indice i labelle l’atome, l’atome 1 préparant la
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Fig. 4.2: Diagramme spatio-temporel de l’expérience. I1 et I2 (cercles grisés) repré-
sentent les deux injections de champ dans le mode HF nécessaires à la technique d’ho-
modynage.

superposition et le second atome la sondant. Les coïncidences G1E2 et G1G2 correspondent

Fig. 4.3: (a) Pg(δT )|e. Signal d’homodynage obtenu pour un premier atome à 335m/s
détecté dans l’état |e〉. Le champ initialement injecté contient 36 photons. On a repré-
senté en tirets le signal de référence obtenu en l’absence de premier atome.(b) Pg(δT )|gLe
signal est maintenant conditionné à la détection du premier atome dans l’état |g〉.
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à l’analyse du champ corrélé au premier atome dans |g〉, soit le champ décrit par l’équation
1.160, noté Pg(δT )|g. Le signal correspondant au champ corrélé à |e〉 noté Pg(δT )|e est
quant à lui donné par les coïncidences E1E2 et E1G2. ∆T est exprimé en degrés grâce à la
calibration préalable de la courbe d’homodynage comme indiqué chapitre 3. Les résultats
expérimentaux obtenus avec un champ initial de 36 photons sont présentés figure 4.3.

Fig. 4.4: Comparaison entre la courbe d’homodynage et la fonction Q d’un champ
cohérent de 36 photons ayant interagi avec un atome de vitesse 335m/s. On tient compte
dans la simulation numérique des deux modes, de la relaxation et du champ thermique.
Il y a un très bon accord entre la simulation et l’expérience.

Remarquons avant tout autre commentaire les deux maxima, signature du fait que nous
avons bien préparé le champ dans une superposition de deux états cohérents de phases
opposées. Rappelons que le champ corrélé à |g〉 s’écrit

|ψg〉 =
1√
2
(e−in̄φ

∣∣αe−iφ
〉

+ ein̄φ
∣∣αeiφ

〉
) (4.2)

tandis que le champ corrélé à |e〉 s’écrit

|ψe〉 =
1√
2
(e−i(n̄+1)φ

∣∣αe−iφ
〉

+ ei(n̄+1)φ
∣∣αeiφ

〉
) (4.3)

Les états |ψg〉 et |ψe〉 ne diffèrent donc que par la phase relative quantique existant entre
les deux termes de la superposition (et non par la phase classique du champ cohérent).
Notre technique de détection homodyne n’est pas sensible à cette phase quantique, ce qui
explique la similitude des deux signaux présentés. Pour chaque signal les maxima sont
pointés à −23

◦
et 22

◦
avec une barre d’erreur de ±1

◦
. La prévision théorique d’après

laquelle

φ =
Ω0tint

4
√

n̄
(4.4)
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fournit φth = 23◦. Il y a donc un très bon accord entre la théorie et la valeur mesurée
expérimentalement.

Pour conforter l’accord entre l’expérience et la théorie on peut également simuler numéri-
quement l’interaction résonnante entre un atome et un champ cohérent de 36 photons et
calculer la fonction Q du champ corrélé à l’atome détecté dans |e〉 ou dans |g〉. On tient
compte dans cette simulation des deux modes, de la relaxation et du champ thermique.
La figure 4.4 présente cette comparaison pour le champ corrélé à l’atome détecté dans |g〉.
La fonction Q théorique présente deux maxima évalués à ±23

◦
, en accord avec la théorie

du chapitre 1.

Dépendance de la phase classique du champ en n̄ et tint
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Fig. 4.5: Diagramme spatio-temporel de l’expérience. La vitesse de l’atome préparant
le champ dans une superposition est 200m/s. Les cercles grisés I1 et I2 symbolisent
l’injection d’un champ cohérent dans le mode HF.

Pour vérifier la loi de variation de φ prédite par l’expression théorique 1.111, on a cherché
à augmenter la différence de phase entre les deux composantes du signal. Pour cela une
possibilité consiste à rallonger le temps effectif d’interaction entre l’atome et le champ,
c’est à dire à travailler avec des atomes de vitesse moins grande. Nous avons choisi 200m/s,
ce qui correspond à un temps effectif d’interaction tint = 53µs. Les paramètres expérimen-
taux sont synthétisés figure 4.5. Cela nous a également permis d’augmenter la distance D
de la superposition introduite équation 1.162, ce qui est intéressant dans la perspective
de préparer des « grands » chats de Schrödinger.
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Fig. 4.6: Signaux d’homodynage correspondant à un premier atome de vitesse v =
335m/s (carrés), ou avec v = 200m/s (triangles). Le nombre de photons initialement in-
jectés dans le mode est 30. Les phases mesurées sont (−22

◦
, 16

◦
) pour l’atome à 335m/s,

et (−37
◦
, 38

◦
) pour l’atome à 200m/s.

La figure 4.6 présente les signaux d’homodynage obtenus pour 30 photons initialement
injectés avec un atome à 335m/s(carrés) ou 200m/s(triangles). Les phases mesurées sont,
en moyenne 19

◦
pour l’atome à 335 m/s et 38

◦
pour l’atome à 200 m/s. Les déphasages

prédits par la théorie sont 25
◦

et 43
◦
, soit un écart relatif de 11%. La principale raison

de l’écart à la théorie est la présence du second mode. Ce point sera développé dans la
section 4.3.

D’après l’expression de φ, une autre méthode pour augmenter la différence de phase entre
les deux composantes du champ consiste à diminuer le nombre de photons. Remarquons
avant tout que nous ne saurions mieux séparer les deux composantes du champ en variant
ce paramètre. Certes la différence de phase varie en 1/

√
n̄, mais la distribution de phase

s’élargit également en 1/
√

n̄. La technique d’homodynage permet cependant de suivre le
déplacement du maximum d’une distribution de phase même si celle-ci s’élargit. Il faut
toutefois manier ce paramètre avec prudence. On a vu dans le chapitre 1 que la borne
inférieure de n̄ pour que le champ reste mésoscopique est n̄ ∼ 10. En deçà en effet, les
approximations effectuées ne sont plus valables et le champ résultant de l’interaction ré-
sonnante avec l’atome n’est plus une superposition de deux champs cohérents. Réduire le
nombre de photons peut avoir une autre conséquence : l’effet du second mode devient vi-
sible. Une signature de cet effet est le déséquilibre apparaissant entre les deux composantes
de la superposition, que nous allons étudier plus en détail dans la section 4.3.
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Fig. 4.7: Synthèse des points obtenus. (a)Signaux d’homodynage obtenus pour v =
200m/s (à droite) et v = 335m/s (à gauche) pour différents nombre de photons entre 10
et 40.(b)On a représenté les phases des composantes du champ (en degrés) en fonction
du paramètre théorique θ (voir texte). Les carrés sont les points expérimentaux, les
lignes sont les résultats de simulations numériques tenant compte des deux modes, de la
relaxation et du champ thermique. Les tirets sont les droites de pente 1 et −1 prédites
par la théorie décrite au chapitre 1.
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4.1.2 Synthèse des résultats obtenus

Nous pouvons maintenant rassembler les résultats obtenus. Nous avons utilisé deux classes
de vitesse : 335m/s et 200m/s, correspondant respectivement à des temps effectifs de 32µs
et 53µs. Nous avons fait varier le nombre de photons entre 10 et 40. L’atome préparant
la superposition du champ était initialement dans l’état |g〉. Pour pointer les phases des
deux composantes du champ résultant nous avons exploité le signal Pg(δT )|g. Nous avons
réalisé l’expérience pour huit couples (v, n̄) où v est la vitesse de l’atome et n̄ est le
nombre moyen de photons injectés dans le champ. La figure 4.7 synthétise les données.
On a représenté en (a) les signaux d’homodynage obtenus, et en (b) les phases mesurées
(en degrés) en fonction de l’angle théorique θ (en degrés également) donné par la formule

θ =
Ω0tint

4
√

n̄
(4.5)

On a représenté les points expérimentaux. Les droites sont les ajustements linéaires de
simulations numériques en tenant compte du second mode, de la relaxation et du champ
thermique. Dans le cas idéal les points devraient s’aligner sur les tirets de pente 1 et
−1 représentées sur la figure. On constate que l’écart à la théorie montré par les points
expérimentaux est bien reproduit par les simulations numériques. En particulier,à grand
θ (v et n̄ petits), les phases mesurées sont plus faibles que les valeurs théoriques. Cela est
dû à l’influence du second mode, d’autant plus marquée que les atomes sont lents et le
nombre de photons faible. Réciproquement points expérimentaux et simulations tendent
à retrouver le comportement prévu par la théorie pour θ faible.

4.2 Préparation et détection des états propres

Principe

Nous avons ensuite souhaité vérifier la corrélation entre l’état atomique et l’état du champ,
en préparant sélectivement |ψ+(0)〉 = |+〉 (respectivement |ψ−(0)〉 = |−〉) au début de
l’interaction. |+〉 et |−〉 sont les états stationnaires du hamiltonien semi-classique définis
équation 1.60. Le système atome-champ évolue alors ainsi

|α, +〉 −→ |α+(tint), ψ+(tint)〉
|α,−〉 −→ |α−(tint), ψ−(tint)〉 (4.6)

Nous avons pour cela effectué la séquence d’opérations suivantes (pour des raisons de
lisibilité de la figure 4.8 illustrant le raisonnement, celui-ci porte sur l’évolution de l’ état
|−, α〉 mais est parfaitement transposable à l’évolution de |+, α〉)

1. un atome préparé initialement dans |g〉 commence à interagir de façon résonnante
avec le champ injecté dans le mode.

2. dès l’égalisation des populations atomiques (impulsion π/2 dans le champ cohérent),
on désaccorde brutalement l’atome de la cavité. Le vecteur champ effectif est aligné
avec l’axe z. Le dipôle atomique effectue donc une précession dans le plan équatorial.
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La durée du désaccord est réglée pour que l’angle de précession soit π/2 afin que le
dipôle atomique devienne antiparallèle au champ. On a ainsi préparé l’état |−, α〉.

3. On met à nouveau l’atome à résonance avec le mode. Conformément à la description
faite au chapitre 1 le système atome-champ évolue en |ψ−, α−〉. Au terme de l’évo-
lution le champ ne présente donc qu’une seule composante, déphasée de −φ (voir
équation 1.111) par rapport au cas où aucun atome n’a interagi avec lui. On peut
analyser la distribution de phase du champ obtenue par la technique de détection
homodyne présentée chapitre 3. Soulignons qu’au cours de l’évolution le vecteur
représentant l’atome reste dans le plan équatorial : les populations atomiques sont
donc constantes et égales, l’oscillation de Rabi amorcée à l’étape 1 est gelée.

4. Avant que l’atome ne sorte de la cavité on lui applique une impulsion π/2 dans
le plan équatorial par un procédé analogue à celui décrit au point 2. Au terme de
l’impulsion le vecteur représentant l’état atomique est orthogonal au champ.

5. On accorde à nouveau l’atome et le mode, le vecteur champ effectif est maintenant
aligné avec le champ : l’atome reprend alors l’oscillation de Rabi commencée lors de
l’étape 1. A la sortie du mode l’atome retrouve son état initial.

| e >

| g >

|α >

eff
Ω

1

|α >

eff
Ω

2

| − >

|α >
eff

Ω

3

| − >

|ψ −
>

|α−
>

−ϕ

4

|ψ −
>

|α−
>

eff
Ω

5

eff
Ω

| g >

| e >

|α−
>

Fig. 4.8: gel de l’oscillation de Rabi

Si l’évolution s’est bien déroulée de la façon décrite, le champ résultant n’a qu’une seule
composante déphasée de φ par rapport au cas où aucun atome n’a interagi avec lui, et le
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champ n’est pas intriqué avec l’atome.

L’expérience

L’expérience se déroule comme suit : on injecte un champ cohérent dans le mode HF
pendant 23.3µs. Un atome de vitesse v = 335m/s préparé dans |g〉 est ensuite envoyé
dans la cavité où il commence à interagir de façon résonnante avec le champ (étape 1).
24.6µs avant le passage de l’atome au centre de la cavité, on le désaccorde de 695 kHz
pendant 2µs (étape 2). Le système atome-champ évolue comme décrit au point 3, puis
on désaccorde à nouveau l’atome pendant 2µs de façon symétrique par rapport au centre
de la cavité (étape 4). L’atome poursuit alors son oscillation de Rabi jusqu’à la sortie du
mode ou il se retrouve dans l’état initial. A tout instant T on peut geler l’interaction en
désaccordant l’atome du mode HF de 1115 kHz. L’ensemble des étapes est illustré figure
4.9.
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Fig. 4.9: Diagramme spatio-temporel de l’expérience. Le cercle grisé I1 représente l’in-
jection d’un champ cohérent dans le mode HF par une source classique.

Les résultats expérimentaux sont représentés figure 4.10. Ils ont été obtenus avec un champ
initialement injecté de 30 photons. On représente la probabilité de détecter l’atome dans
l’état |e〉 en fonction de T . En l’absence des deux impulsions π/2 dans le plan équatorial
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(a)

(b)

(c)

Fig. 4.10: Gel de l’oscillation de Rabi.(a)Oscillation de Rabi en l’absence d’impulsion π/2
dans le plan équatorial. L’atome est initialement préparé dans |g〉. (b)Gel de l’oscillation
de Rabi pour un atome initialement dans |g〉. Les instants des impulsions π/2 sont
symbolisés par des tirets. (c)Gel de l’oscillation de Rabi pour un atome est initialement
préparé dans |e〉.

(étapes 2 et 4) on retrouve le signal d’oscillation de Rabi pour un atome initialement
préparé dans l’état |g〉(figure(a)). La figure(b) présente ce signal si les deux impulsions
π/2 sont appliquées. On remarque qu’entre les deux impulsions l’oscillation de Rabi est
gelée. Le signal n’est cependant pas parfaitement plat : cela est dû au fait que le désaccord
appliqué pour geler l’oscillation est de 1115 kHz, or la fréquence typique du couplage dans
un champ de 30 photons est Ω0

√
30 ∼ 280 kHz. Le vecteur champ effectif résultant n’est



110CHAPITRE 4. PRÉPARATION D’UN ÉTAT « CHAT DE SCHRÖDINGER »DU CHAMP

Fig. 4.11: Analyse de la phase du champ après sa préparation dans l’état |ψ+〉 (respec-
tivement |ψ+〉) conformément à la méthode décrite dans le texte. Les triangles corres-
pondent au cas où l’atome 1 a été préparé et détecté dans |g〉, les carrés au cas où il a
été préparé dans |e〉 et détecté dans |e〉.

donc pas parfaitement aligné avec l’axe z et les conditions du déphasage dispersif ne
sont pas rigoureusement remplies. D’autre part, Pe ∼ 16% à la fin de l’interaction alors
que Pe ∼ 4% à l’entrée dans le mode : cette différence est à imputer à l’imperfection
des impulsions π/2 dans le plan équatorial(une impulsion π/2 « parfaite » serait telle
que δ ≫ Ω de telle façon que la rotation apparaisse quasi-instantanée à l’échelle de
l’expérience). Le même signal a été enregistré en prenant pour état initial de l’atome
|e〉(figure(c)). L’état préparé immédiatement après l’étape 2 est donc |+, α〉 et évolue en
|ψ+, α+〉. Après l’étape 4 l’atome tend à revenir dans son état initial.

On a enfin analysé la distribution de phase obtenue au terme de chaque expérience par
une technique de détection homodyne. Le diagramme spatio-temporel correspondant est
analogue à celui présenté figure 4.2, à la différence que le profil ωat du premier atome
n’est plus à résonance tout au long de l’interaction avec le mode, mais comporte deux
désaccords de 2µs conformément à la figure 4.9 permettant de réaliser les impulsions π/2
dans le plan équatorial. L’état du champ à la fin de l’interaction avec le premier atome
est donc |ψ+〉(respectivement |ψ−〉) si l’atome a été préparé dans |e〉 (respectivement dans
|g〉). Les résultats expérimentaux sont présentés figure 4.11. Les triangles correspondent
au cas où l’atome a été préparé et détecté dans |g〉, les carrés au cas où il a été préparé et
détecté dans |e〉. On voit que la distribution de phase dans chaque cas ne présente qu’une
seule composante, pointée respectivement à −21

◦ ± 1
◦

et 22
◦ ± 1

◦
. Cela est parfaitement

cohérent avec les résultats présentés section 4.1 où la phase pointée sur chaque composante
de la superposition obtenue était −19

◦ ±1
◦

et 22
◦ ±1

◦
. Le déphasage prédit par la théorie

vaut φ = 25
◦
. L’écart entre les deux valeurs est à imputer au second mode qui sera

présenté section 4.3.
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4.3 Le second mode

Etude théorique
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Fig. 4.12: Niveaux d’énergie de la multiplicité EN (voir texte) en l’absence de couplage.

Reprenons brièvement la théorie effectuée à la section 1.2.2. Si on tient compte du second
mode une base de l’espace des états est {|e, N,m〉 , |g,N, m〉} où N et m désignent le
nombre de photons dans le mode 1 et 2 respectivement. La multiplicité {|e,N, m〉 , |g, N + 1,m〉}
n’est plus fermée pour le hamiltonien de Jaynes-Cummings, en effet l’atome peut émettre
ou absorber un photon dans le second mode de façon non-résonnante. Supposons que l’on
a préparé le système dans l’état initial |e,N, 0〉. Il est couplé à l’état |g,N + 1, 0〉, les
deux états sont dégénérés et l’intensité du couplage entre eux vaut Ω0

√
N + 1. Il est éga-

lement couplé à l’état |g,N, 1〉, le désaccord entre les deux niveaux est ∆ = ωHF − ωBF ,
l’intensité du couplage vaut Ω0 (la fréquence de Rabi du vide est identique pour les
modes HF et BF). Le système a donc une probabilité de se trouver dans la multiplicité
{|e,N − 1, 1〉 , |g, N, 1〉}. |e,N − 1, 1〉 est alors couplé à |g, N − 1, 2〉 avec une intensité
Ω0

√
2. Par émissions successives dans le second mode, le système peut finalement abou-

tir dans la multiplicité {|e, 0, N〉 , |g, 1, N〉}. Cette cascade est illustrée figure 4.12. On
appellera EN l’ensemble des états couplés à |e,N, 0〉.
Etudions d’abord l’énergie des états de EN en fonction de la position de l’atome dans la
cavité en négligeant le couplage au second mode. Les niveaux d’énergie s’écrivent alors
simplement (voir équations 1.61)

E+,N−k,k =
~Ω0

√
N − k + 1

2
− ~k∆ (4.7)
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Fig. 4.13: (a) Niveaux d’énergie de la multiplicité EN (voir texte) si on néglige le couplage
avec le second mode, en fonction de la position de l’atome dans la cavité. w0 est le waist
de la cavité. (b) On tient compte du couplage avec le second mode. Les dégénérescences
sont levées.

E−,N−k,k = −~Ω0

√
N − k + 1

2
− ~k∆ (4.8)

Les états associés sont |+N−k, k〉 et |−N−k, k〉 respectivement où |+N−k〉 et |−N−k〉 sont
les états du système atome-champ dans le mode 1 décrits par les équations 1.60 et |k〉
décrit l’état du champ dans le mode 2. Les niveaux sont représentés figure 4.13. On voit
que les états |−N , 0〉 et |+N−1, 1〉 se croisent en deux points symétriques par rapport au
centre de la cavité. Si on tient compte du couplage avec le second mode, la dégénérescence
est levée d’une quantité Ω0(xc) où xc est le point où a lieu la dégénérescence.

Supposons alors que le système est initialement préparé dans l’état |−N , 0〉. Il peut alors
se produire un anticroisement : le système atome-mode 1 initialement dans l’état |−N〉
peut contaminer l’état |+N−1〉 et le champ dans le mode 2 initialement dans l’état vide
peut maintenant contenir un photon : cette évolution est illustrée figure 4.14. En revanche,
l’état |+N , 0〉 est insensible à l’effet du second mode.

Cet anticroisement affecte la phase accumulée par le système. On a représenté figure
4.15 l’évolution de celle-ci au cours de la traversée de la cavité par l’atome. La phase
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Fig. 4.14: Anticroisement des niveaux au voisinage de xc.

accumulée par le système préparé dans l’état |+N , 0〉 est Ω0

√
N + 1tint/2 comme en l’ab-

sence du second mode (en grisé sur la figure). On rappelle que la phase accumulée par
|−N , 0〉 vaut en l’absence de second mode −Ω0

√
N + 1tint/2. En présence de celui-ci cette

phase peut devenir positive (hachures sur la figure 4.15) et en valeur absolue inférieure à
Ω0

√
N + 1tint/2.

L’anticroisement adiabatique se fait d’autant moins efficacement que l’atome est rapide.
L’efficacité est également altérée si le nombre de photons initialement injecté dans le mode
HF est plus grand : en effet l’anticroisement a lieu plus loin du centre du mode et la levée
de dégénérescence due au couplage avec le second mode (en Ω0(xc)) est moins grande.

Modification de l’évolution

Qu’advient-il alors si le système est initialement préparé dans l’état |e, α, 0〉 ? Il est utile
dans un premier temps de raisonner sur l’état initial |+, α, 0〉.

|+, α, 0〉 =
1√
2

∑

N

CN(|e,N, 0〉 + |g, N, 0〉) (4.9)

que l’on peut récrire, sachant que CN ∼ CN+1 et en négligeant la composante C0 |g, 0〉

|+, α, 0〉 ∼ 1√
2

∑

N

CN(|e,N, 0〉 + |g, N + 1, 0〉) =
1√
2

∑

N

CN(|+N , 0〉) (4.10)
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Fig. 4.15: (a)Effet de l’anticroisement sur la phase accumulée par |+N , 0〉. La phase
accumulée correspond à l’aire grisée. (b)Effet de l’anticroisement sur la phase accumulée
par |−N , 0〉. La phase accumulée correspond à l’aire hachurée algébrique.

L’état |+N , 0〉 étant insensible au second mode, l’état |+, α, 0〉 évolue conformément à la
théorie du chapitre 1. On a donc

|+, α, 0〉 −→ |ψ+, α+, 0〉 (4.11)

Considérons à présent l’état initial |−, α, 0〉. Il peut s’écrire

|−, α, 0〉 ∼ 1√
2

∑

N

CN(|−N , 0〉) (4.12)

Chaque état |−N , 0〉 peut contaminer l’état |+N−1, 1〉. Cela a deux conséquences :

1. le système atome-champ du mode 1 s’intrique avec le champ contenu dans le mode
2, et au terme de l’interaction le second mode est faiblement excité.

2. le champ résultant dans le mode 1 présente une petite composante de phase positive,
conformément à l’étude qui a été faite ci-dessus.

La figure 4.16 présente la fonction Q du champ résultant dans le mode 1 au terme de
l’interaction si l’atome a initialement préparé dans l’état |−〉 (figure (a) et (c)) ou dans
|+〉 (figure (b) et (d)). Les figures (a) et (b) ont été calculées avec 10 photons initialement
injectés, Les figures (c) et (d) avec 30 photons. On a représenté en tirets la fonction
Q obtenue en l’absence de second mode. On vérifie que l’évolution du système pour un
atome préparé dans |+〉 est insensible à la présence du second mode. Pour un atome
préparé dans |−〉, on constate l’apparition d’une composante positive du champ, tandis
que la composante négative est moins déphasée qu’en l’absence de second mode. Cet effet
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( )b( )a

( )c ( )d

Fig. 4.16: (a) Fonction Q calculée du champ après interaction résonnante avec un atome
préparé dans l’état |−〉. Le champ contient initialement 10 photons. On a représenté en
tirets le même signal calculé sans tenir compte du second mode. La présence du second
mode se traduit par l’apparition d’une composante du champ de phase positive. (b)
Même signal si l’atome est préparé dans l’état |+〉. Dans ce cas l’évolution du système
atome-champ est insensible au second mode. (c) Même signal pour un atome préparé
dans l’état |−〉, le champ contenant initialement 30 photons. L’effet du second mode
est très amoindri. On remarque que la phase de la composante négative du champ est
pratiquement la même qu’en l’absence de second mode. (d) Même signal pour un atome
préparé dans l’état |+〉 .

est d’autant plus marqué que le nombre de photons est faible : il est responsable du
rapprochement des composantes du champ à grand θ(voir figure 4.7).

Concluons cette section en soulignant que l’effet du second mode devient négligeable à
partir de 20 photons. La distance des états Chat de Schrödinger du champ ne dépendant
pas du nombre de photons, comme on l’a vu équation 1.162, nous avons pu préparer ces
états sans être perturbés par la présence du second mode. Le facteur limitant l’efficacité
de notre technique est la décohérence comme on va le voir dans la section suivante.

4.4 Analyse de la cohérence des superpositions

4.4.1 Présentation de la fonction de Wigner

L’expérience que nous avons réalisée montre qu’au terme de l’interaction résonnante, le
champ se trouve dans une superposition de deux états cohérents mésoscopiques de phases
opposées. Elle ne prouve cependant pas que cette superposition est cohérente, condition
nécessaire pour qu’elle constitue un chat de Schrödinger. La fonction Q dont le signal
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d’homodynage nous donne, comme on l’a vu au chapitre 3, un reflet, est en effet très peu
sensible à la cohérence de la superposition : le même signal pourrait être obtenu avec
un mélange statistique. Une autre technique pour mettre en évidence la cohérence d’une
superposition consiste à mesurer, ou dans le cas présent à calculer, sa fonction de Wigner.
On trouvera des exposés précis sur cette fonction dans les références [30, 56]. Comme la
fonction Q, la fonction de Wigner est une densité de quasi-probabilité dans l’espace des
phases, d’expression

W (α) =
2

π
Tr(D(−α)ρD(α)Π) (4.13)

où ρ est la matrice densité du champ, et Π l’opérateur parité défini sur la base des états
de Fock par

Π |n〉 = (−1)n |n〉 (4.14)

La fonction de Wigner du champ au point α est donc simplement au facteur 2/π près
la valeur moyenne de l’opérateur parité dans le champ déplacé de |−α〉. La fonction de
Wigner d’un champ cohérent |β〉 est une gaussienne centrée au point β, celle d’un mélange
statistique de deux états cohérents |β〉 et |−β〉 est la somme des gaussiennes de chaque état
cohérent. La cohérence d’une superposition de |β〉 et |−β〉 se manifeste sur la fonction de
Wigner par l’apparition de franges d’interférences au voisinage de l’origine. L’interfrange
est d’autant plus petite que les composantes sont plus proches (β petit), en revanche le
contraste des franges est totalement indépendant de leur distance. Q présente également
des franges au voisinage de l’origine, mais ces franges s’amortissent exponentiellement
avec le carré de la distance des composantes du chat. C’est pourquoi W est la bonne
fonction pour étudier la cohérence d’un chat de Schrödinger. On a représenté figure 4.17
la fonction de Wigner d’une superposition cohérente des états |α〉 et |−α〉 où |α|2 = 5
(figure de gauche) et le mélange statistique correspondant (figure de droite). On voit
clairement la disparition des franges d’interférence, signature de la perte de cohérence du
chat.

Fig. 4.17: (a)Fonction de Wigner d’un chat idéal. Chaque composante contient 5 pho-
tons. (b)Fonction de Wigner du mélange statistique correspondant. La disparition des
franges à l’origine est la signature de la perte de cohérence du chat.

Des mesures de la fonction de Wigner ont été réalisées dans le domaine de l’optique
quantique. Certaines d’entre elles reposent sur la reconstruction de la fonction de Wigner
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à partir de la mesure des quadratures du champ : c’est la méthode dite tomographique [12,
97]. Elle a été appliquée à la détermination d’états squeezés [90, 22], d’un état nombre
|n = 1〉 [70], d’une superposition cohérente α |0〉 + β |1〉 avec α et β quelconques [69].

Des méthodes directes de mesure ont également été proposées [47, 68]. Elles ont donné lieu
à la mesure de la fonction de Wigner d’un champ cohérent par comptage de photons [5],
ou d’un ion piégé dans l’état |n = 1〉 [67].

Soulignons qu’une mesure de la fonction de Wigner d’un état de Fock à un photon a été
réalisée dans notre groupe [10] d’après la proposition [68]. Nous verrons également au
chapitre 5 une proposition de violation des inégalités de Bell en utilisant la mesure de la
fonction de Wigner de deux modes du champ.

4.4.2 Causes possibles de perte de cohérence

Comme on l’a vu dans la section 4.1 nous avons préparé des superpositions d’états du
champ pour huit couples de points (n̄, v). On peut se demander si ces couples ont donné
naissance à un chat ou à un mélange statistique. On a donc calculé la fonction de Wigner
du champ résultant au terme de l’interaction avec l’atome pour tous les couples (n̄, v). On a
tenu compte dans la simulation des deux modes, de la relaxation et du champ thermique.
La figure 4.18 présente les fonctions de Wigner d’un champ contenant initialement 30
photons au terme de l’interaction avec un atome à 335 m/s (à gauche) puis à 200 m/s (à
droite).

( )a ( )b

Fig. 4.18: (a) Fonction de Wigner du champ résultant de l’interaction avec un atome
à 335m/s. Le champ initialement injecté est 30 photons. (b) Idem avec un atome à
200m/s.

On voit que l’atome rapide a préparé une superposition cohérente, alors qu’au terme
de l’interaction avec l’atome lent le champ se trouve dans un mélange statistique. On
retrouve cet effet quel que soit le nombre de photons injectés. Cela était prévisible : en
effet comme on l’a vu en introduction, le temps de décohérence d’un chat de taille D vérifie
Tdecoh = 2τ/D2 ou τ est la durée de vie du champ dans la cavité et D la taille du chat
définie équation 1.162 [24]. D’après la figure 4.18 on a typiquement D2

a = 20 photons pour
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va = 335 m/s et D2
b = 50 photons pour vb = 200 m/s. Les temps respectifs de décohérence

associés sont Tdecoh,a = 85µs et Tdecoh,b = 34µs (on a pris τ = 850µs). Ceci est à comparer
au temps mis par l’atome pour traverser le mode, Ta = 18µs et Tb = 30µs. On a donc
Tdecoh,a > Ta tandis que Tdecoh,b ∼ Tb. On conçoit donc très bien qu’à la fin de l’interaction
entre le champ et l’atome lent, la superposition ait déjà perdu toute cohérence, tandis que
la superposition préparée par l’atome rapide est encore cohérente.

On a vu en introduction que la perte de cohérence d’une superposition peut être attribuée à
l’intrication du système avec un autre système jouant le rôle d’un détecteur. On a jusqu’ici
envisagé la décohérence ou intrication avec l’environnement. L’intrication avec le second
mode peut également conduire à la perte de cohérence des chats produits. Les atomes lents
sont encore une fois les plus affectés. On peut se demander quelle est la cause principale de
perte de cohérence du chat dans l’expérience présentée. On a donc simulé numériquement
l’interaction d’un atome à 200 m/s avec un champ de 30 photons, en tenant compte de
la décohérence sans inclure le second mode (voir figure 4.19(a)), ou en tenant compte de
l’effet du second mode sans décohérence (figure 4.19(b)). Il est clair que la décohérence
est le facteur limitant pour la préparation des chats.

( )b( )a

Fig. 4.19: (a)(n̄, v) = (30,200 m/s) dans le cas où la cavité n’a qu’un mode de facteur
de qualité fini avec 1 photon thermique à l’équilibre.(b) On a cette fois-ci tenu compte
du second mode, et on a supposé que les deux modes avaient un facteur de qualité infini
sans photons thermiques.

4.4.3 Conclusions

Taille des chats obtenues par interaction résonnante

On peut conclure sur les conditions nécessaires à la naissance et à l’observation d’un chat
généré par interaction résonnante entre un atome à deux niveaux et un champ mésosco-
pique. Notons tint le temps effectif d’interaction résonnante entre l’atome et le champ. La
taille du chat préparé vérifie

D = 2
√

n̄ sin

(
Ω0tint

4
√

n̄

)
(4.15)
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soit, si le nombre de photons est suffisamment important

D ∼ Ω0tint

2
(4.16)

ce qui équivaut à

D ∼ π
tint

T0

(4.17)

où T0 est la période de Rabi du vide. Comme on le voit la taille du chat ne dépend que du
temps effectif d’interaction entre l’atome et le champ. Pour qu’un chat puisse être observé
deux conditions doivent être remplies :

1. les deux composantes du champ doivent être séparées. La taille du chat doit donc
être supérieure à 1, ce qui d’après l’équation 4.17 impose

tint

T0

>
1

π
(4.18)

2. le temps de préparation du chat doit rester inférieur au temps de décohérence de ce
chat. On a donc

tint < Tdecoh (4.19)

On rappelle Tdecoh = 2τ/D2. D’après 4.17

Tdecoh ∼ 2τT 2
0

π2t2int

(4.20)

On peut donc récrire l’équation 4.19 ainsi

tint <
2τT 2

0

π2t2int

(4.21)

soit

t3int <
2τT 2

0

π2
(4.22)

Exprimons cette inégalité en fonction du paramètre adimensionné tint/T0, il vient

(
tint

T0

)3

<
2

π2

τ

T 2
0

(4.23)

Posant β tel que

β3 =
2

π2

τ

T 2
0

(4.24)

on peut finalement écrire l’équation 4.19

tint

T0

< β (4.25)

Une condition nécessaire pour observer un chat est donc, d’après 4.25 et 4.18

β >
1

π
(4.26)
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Cette condition est remplie dans notre dispositif expérimental car β ≃ 2. La condition
4.25 détermine également la taille D2

max maximale des chats synthétisables, celle-ci vérifie

D2
max ∼

(
π

tint,max

T0

)2

(4.27)

soit
D2

max ∼ (πβ)2 (4.28)

Cette taille vaut typiquement 40 photons dans le montage actuel. Il faut cependant tenir
compte du fait que les superpositions subissent la décohérence pendant leur préparation
même. Cela explique que la taille maximale des chats que nous ayons pu préparer soit
plutôt de 20 photons. Ceci est à comparer à la taille maximale des chats préparés dans
le groupe par la méthode dispersive D2 ∼ 8 [24]. Cette amélioration est due au fait que
le facteur de qualité de notre cavité (Q = 3.108) est bien meilleur que celui de la cavité
utilisée auparavant (Q = 5.107). Comme on le verra dans la section suivante, la méthode
fondée sur l’interaction résonnante entre l’atome et le champ est aussi intrinsèquement
plus efficace, les effets non-linéaires étant exaltés. Remarquons enfin que la taille des
mélanges statistiques générés peut atteindre 50 photons (avec des atomes de à 200 m/s).
L’utilisation d’une cavité de meilleur facteur de qualité devrait permettre d’obtenir de
telles superpositions alors qu’elles sont encore cohérentes, rendant ainsi possible l’étude
quantitative de leur décohérence. Comme on l’a vu la taille maximale des chats observables
évolue en β2, soit comme (τ/T0)

2/3. Pour observer des chats de 50 photons, il faudrait
donc multiplier le facteur de qualité de la cavité par (50/20)3/2 ≃ 4, ce qui est tout à fait
envisageable dans un avenir proche.

Rappels sur la méthode dispersive

Rappelons brièvement le principe de la méthode de préparation des chats par interaction
dispersive qui a permis de générer les premiers chats de Schrödinger dans notre groupe [24,
40]. A partir des équations 1.71, il est aisé de voir qu’un atome interagissant de façon
dispersive avec un champ cohérent pendant un temps tint vérifie

|e, α〉 =
∑

n Cn |e, n〉 → ∑
n Cne−

(n+1)iφ0
2 |e, n〉 = e−

iφ0
2

∣∣∣e, αe−
iφ0
2

〉

|g, α〉 =
∑

n Cn |g, n〉 → ∑
n Cne

inφ0
2 |g, n〉 =

∣∣∣g, αe
iφ0
2

〉 (4.29)

où φ0 est le déphasage par photon défini équation 1.70. La méthode consiste alors à
préparer l’atome dans une superposition

1√
2
(|e〉 + |g〉) (4.30)

par une impulsion π/2 dans une zone de Ramsey extérieure, puis à le faire interagir de
façon dispersive avec un champ cohérent |α〉 injecté dans le mode de la cavité. Le système
atome-champ se trouve alors dans un état intriqué

1√
2
(e−

iφ0
2

∣∣∣e, αe−
iφ0
2

〉
+

∣∣∣g, αe
iφ0
2

〉
) (4.31)
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Une seconde impulsion π/2, suivie de la détection de l’atome dans l’état |e〉 projette le
champ dans l’état (non normalisé)

e−
iφ0
2

∣∣∣αe
−iφ0

2

〉
+

∣∣∣αe
iφ0
2

〉
(4.32)

On en déduit la taille du chat atteinte par cette méthode

D2 = 4n̄ sin2(φ0/2) = 4n̄ sin2(Ω2
0t/4δ) (4.33)

Comme on l’a vu, cette méthode a permis la génération de chats avec D2 ≃ 8 photons.
Soulignons qu’à cette époque la cavité était en configuration ouverte et son facteur de
qualité était de 5.107. Cependant à facteurs de qualité égaux, la méthode résonnante est
plus efficace comme nous allons le voir maintenant.

Efficacités comparées

Les méthodes de production de chats étudiées reposent sur l’existence de deux états
atomiques qui ne s’intriquent pas avec le champ cohérent, mais le déphasent. Dans la
méthode dispersive ces deux états sont |e〉 et |g〉, dans la méthode résonnante |+〉 et |−〉.
Pour un champ d’amplitude donnée, la méthode la plus efficace est celle qui maximise le
déphasage du champ, ou le déphasage de chaque état nombre |n〉.
On a vu que dans la méthode dispersive, chaque |n〉 est déphasé de ±φdisp

n avec

φdisp
n =

∫ ∞

−∞
dt

√
Ω2

n + δ2 − δ

2
(4.34)

où Ωn est donné par l’équation 1.56. On fait ici l’étude en représentation d’interaction par
rapport au hamiltonien en l’absence de couplage atome-champ.

Considérons à présent la méthode résonnante. On peut montrer aisément que
∑

n

Cn |+, n〉 ∼
∑

n

Cn |+n〉 (4.35)

où |+n〉 sont les états habillés définis équation 1.60. On a l’évolution
∑

n

Cn |+n〉 −→
∑

n

Cn exp(−i

∫ ∞

−∞
dtΩn/2) |+n〉 ≃ |ψ+〉

∑

n

Cn exp(−i

∫ ∞

−∞
dtΩn/2) |n〉

(4.36)
où |ψ+〉 est l’état atomique défini équation 1.128. On voit que chaque état nombre est
déphasé de φres

n (respectivement −φres
n si l’état atomique initial est |−〉) avec

φres
n =

∫ ∞
−∞ dtΩn

2
(4.37)

On a évidemment
φres

n ≥ φdisp
n (4.38)

La méthode résonnante est donc plus efficace comme l’illustre la figure 4.20. Des simu-
lations numériques ont confirmé cette étude générale. La taille maximale des chats que
l’on puisse atteindre avec un atome à 150m/s en l’absence de relaxation est de 25 pour
la méthode dispersive (désaccord pris à 50 kHz) contre 50 pour la méthode résonnante.
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Fig. 4.20: (a) Phase accumulée par l’état nombre |n〉 au cours de l’interaction résonnante
avec un atome préparé dans l’état |+〉. (b) Phase accumulée par l’état nombre |n〉 au
cours de l’interaction dispersive avec un atome préparé dans l’état |e〉.

Test expérimental de cohérence

Une expérience permettant de tester la cohérence de la superposition de l’état intriqué
atome-champ a été réalisée. Elle repose sur le lien étroit vu au chapitre 1 entre le contraste
de l’oscillation de Rabi et la complémentarité. Un atome est envoyé dans la cavité où il
interagit de façon résonante avec le champ selon l’équation 1.130. Au milieu de l’interaction
on applique la différence de potentiel maximale entre les miroirs pendant une durée Tπ.
Le vecteur champ effectif est alors aligné avec l’axe z de la sphère de Bloch : le vecteur
représentant l’état atomique précesse donc autour de cet axe, la durée du désaccord est
ajustée pour que l’angle de précession soit π. Le dipôle atomique |ψ+〉, avant l’impulsion
parallèle au champ |α+〉, devient antiparallèle à ce champ. Réciproquement |ψ−〉 devient
parallèle au champ |α−〉. La composante |α+, ψ+〉 (respectivement |α−, ψ−〉) tourne alors
dans le sens trigonométrique (respectivement dans le sens des aiguilles d’une montre) :
l’impulsion π correspond à une inversion du temps de façon similaire aux expériences
d’échos de spin. Au terme de l’interaction les deux composantes du champ se recombinent.
On peut alors distinguer deux cas limite :

1. la superposition d’états |ψ+, α+〉 et |ψ−, α−〉 est restée cohérente au cours de l’évo-
lution. Dans ce cas la théorie présentée au chapitre 1 reste valable et le contraste
de l’oscillation de Rabi est toujours modulé par | 〈α−(t)|α+(t)〉|. Lors de la recom-
binaison l’oscillation devrait donc renaître avec un contraste maximal.

2. on a un mélange statistique d’états |ψ+, α+〉 et |ψ−, α−〉. La matrice densité réduite
de l’atome ρat (voir équation 1.141) est alors modifiée de la façon suivante

ρ̂at(t) =
1

2
(|ψ+(t)〉 〈ψ+(t)| + |ψ−(t)〉 〈ψ−(t)|) (4.39)

L’élimination des termes de la forme |ψ+(t)〉 〈ψ−(t)| conduit à une annullation du
contraste de l’oscillation de Rabi : aucune résurgence n’a donc lieu dans ce cas.

Le contraste de la résurgence de l’oscillation de Rabi quantifie la cohérence de la superpo-
sition de |ψ+, α+〉 et |ψ−, α−〉, et donc la cohérence de la superposition d’états du champ
obtenue par projection de l’atome sur |g〉 (4.2) ou sur |e〉 (4.3). Des résurgences ont effec-
tivement été observées, prouvant que l’interaction résonnante permet de synthétiser des
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états « chats de Schrödinger » du champ dans la cavité. Ces expériences seront présentées
dans la thèse de Tristan Meunier.
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Chapitre 5

Proposition de violation des inégalités

de Bell avec des états intriqués

mésoscopiques

Comme on l’a évoqué en introduction, l’existence des états intriqués semble contredire une
vision locale du monde. Les mesures de la même observable effectuées sur deux systèmes
se trouvant dans un tel état présentent en effet des corrélations indépendantes de l’ordre
des mesures, voire simultanées. Einstein, Poldolsky et Rosen [45] ont, pour expliquer
ces corrélations « instantanées à distance », fait l’hypothèse qu’elles existaient avant la
mesure. Cet argument implique que l’état de la paire peut être décrit par une « variable
cachée »portant toute l’information sur les mesures ultérieurement réalisées.

Avant le travail de Bell [7] aucun critère mathématique ne permettait de distinguer les
prédictions des théories à variables cachées [15, 14, 16] de celles de la théorie quantique.
On a cependant vu que les corrélations de nature quantique sont plus « intenses »que
les corrélations de nature classique, car elles se manifestent dans toutes les bases d’ana-
lyse. Bell a construit en 1964 un paramètre permettant de mesurer l’intensité de ces
corrélations [7]. Si le monde est régi par une théorie à variables cachées locales, le para-
mètre de Bell respecte l’inégalité du même nom. Si les lois de la Mécanique Quantique
s’appliquent, l’inégalité est violée. Ce résultat théorique fournit un critère permettant
de discriminer la théorie quantique de ses concurrentes. Le théorème a été généralisé
pour l’adapter à des situations expérimentales [64, 36, 55, 23]. Soulignons en particu-
lier qu’en 1969 Clauser, Horne, Shimony et Holt ont reformulé cette inégalité pour une
paire de photons intriqués en polarisation, sur le modèle d’une expérience de pensée pro-
posée par Bohm. L’inégalité de Bell correspondante, rebaptisée pour l’occasion inégalité
CHSH [35], est présentée section 5.1.1. Les mêmes auteurs ont par la suite proposé un
schéma expérimental [36]. Depuis, de nombreuses preuves expérimentales de la validité
de la Mécanique Quantique contre les théories à variables cachées locales ont été appor-
tées [48, 61, 34, 49, 100, 66, 28, 3, 4, 2, 81, 65, 19]. La plupart testent l’inégalité CHSH
sur deux spins 1/2 dans l’état singulet.1

1Il faut prendre garde au fait que l’intrication ne saurait permettre de communiquer plus vite que la
lumière : pour échanger le résultat de leurs mesures, les deux expérimentateurs doivent utiliser un canal
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Dans le prolongement de ce qui a été présenté dans ce mémoire, il peut être également
intéressant d’établir et de tester une inégalité de Bell sur des systèmes intriqués distants
mésoscopiques, généralement appelé chats de Schrödinger non-locaux. Nous envisageons
ici de réaliser ces états dans les modes de deux cavités distinctes : ce sont donc des états
intriqués décrits par des variables continues. Il existe des propositions pour utiliser de
tels états dans le cadre de la cryptographie quantique [53]. Ces états étant sensibles à la
décohérence, ils permettent d’étudier comment évolue la violation de l’inégalité de Bell
au cours du temps.

Dans ce chapitre on présente une démonstration simple des inégalités CHSH. On établira
ensuite par analogie une inégalité équivalente pour des mesures effectuées sur un chat
de Schrödinger non-local, préparé dans deux cavités distinctes. On proposera enfin une
expérience permettant de tester l’inégalité établie, dans laquelle deux atomes interagissent
de façon dispersive avec le champ préparé dans chaque cavité. On étudiera l’effet de la
décohérence sur le chat préparé et sur l’inégalité de Bell résultante.

5.1 Variations sur les inégalités de Bell

5.1.1 Inégalité CHSH

Le système étudié est le suivant : une source émet une paire de photons intriqués en
polarisation dans l’état singulet de spin

|ψEPR〉 =
1√
2
(|+,−〉 − |−, +〉) (5.1)

On peut mesurer la polarisation du photon émis dans la voie a (respectivement dans
la voie b) grâce à un analyseur faisant l’angle a (respectivement b) avec la direction z.
Quel que soit a (respectivement b), la polarisation moyenne d’un photon est nulle : aucun
photon de la paire ne se trouve dans un état défini avant la mesure. Le degré de corrélation
est mesuré par le paramètre

E(a,b) = P++ + P−− − P+− − P−+ (5.2)

où Pij décrit la probabilité de trouver le premier photon dans l’état i et le second dans
l’état j si les angles des analyseurs sont respectivement a et b. Dans le formalisme de la
Mécanique Quantique il est simple de montrer que

E(a,b) = − cos(2{a,b}) (5.3)

où {a,b} représente l’angle orienté. L’anticorrélation entre deux résultats de mesure est
totale si a = b. Comme on l’a vu ci-dessus, on peut dans une perspective « classique »ima-
giner que l’anticorrélation n’advient pas au moment de la mesure, mais existe dès l’émis-
sion de la paire par la source : celle-ci émettrait un ensemble de paires anticorrélées de
direction de polarisation aléatoire paramétrée par la variable « cachée »λ. La densité de

classique de communication. Le problème de la transmission de l’information est découplé du problème
de la corrélation des mesures étudié ici.
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probabilité d’émission d’une paire λ est notée ρ(λ). Soit A(λ, a) (respectivement B(λ,b))
le résultat de mesure de l’analyseur placé dans la voie a (respectivement dans la voie b)
faisant l’angle a (respectivement b) avec l’axe z pour une paire λ. On voit que dans ce
modèle le résultat de mesure de l’analyseur a est indépendant de l’orientation de l’ana-
lyseur b : c’est une hypothèse de localité (Dans le cas où les directions d’analyse sont
choisies pendant le temps de vol des photons, l’hypothèse de localité devient une simple
conséquence de la causalité d’Einstein). On a bien sûr A(λ, a) = ±1 et B(λ,b) = ±1. La
valeur moyenne de la polarisation du premier photon est donnée dans ce modèle par

∫
dλρ(λ)A(λ, a) (5.4)

celle de la polarisation du second photon par
∫

dλρ(λ)B(λ,b) (5.5)

On montre aisément que le degré de corrélation E({a,b}) (voir équation 5.2) est donné
par

E({a,b}) =

∫
dλρ(λ)A(λ, a)B(λ,b) (5.6)

Posons maintenant le paramètre s

s = A(λ, a
′
)B(λ,b

′
) + A(λ, a

′
)B(λ,b) + A(λ, a)B(λ,b

′
) − A(λ, a)B(λ,b) (5.7)

et sa valeur moyenne

S =

∫
dλρ(λ)s = E(a

′
,b

′
) + E(a

′
,b) + E(a,b

′
) − E(a,b) (5.8)

S s’appelle le paramètre de Bell.On a

s = A(λ, a
′
){B(λ,b

′
) + B(λ,b)} + A(λ, a){B(λ,b

′
) − B(λ,b)} (5.9)

Il est aisé de voir que
−2 ≤ s ≤ 2 (5.10)

et donc
−2 ≤ S ≤ 2 (5.11)

Ceci constitue l’inégalité de Bell dans la version CHSH : dans une théorie à variables
cachées locales, le paramètre de Bell est en valeur absolue borné par 2. Cette inégalité est
violée en Mécanique Quantique pour certaines orientations des polariseurs. Considérons
ainsi le cas où

{a′
,b

′} = −π/8
{a′

,b} = π/8
{a,b

′} = π/8
{a,b} = 3π/8

(5.12)
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Dans ces conditions la Mécanique Quantique prévoit

S = 3 cos(π/4) − cos(3π/4) = 2
√

2 (5.13)

Cette orientation des polariseurs est un point de violation maximale : on ne peut en effet
obtenir une valeur supérieure à 2

√
2 pour le paramètre de Bell. Cela est un résultat très

général, qui rend délicate la violation expérimentale des inégalités de Bell.

5.1.2 Inégalités de Bell avec des « chats non-locaux »

Observables et états

L’intrication de deux systèmes distants permet de tester la non-localité de la Mécanique
Quantique. Dans la section précédente, les deux systèmes étaient deux spins 1/2, le para-
mètre de Bell étant construit à partir des mesures des spins dans quatre bases différentes.
L’inégalité de Bell pouvait être interprétée comme une simple inégalité triangulaire.

Dans la section présente, les deux systèmes distants sont deux modes du champ électro-
magnétique, par exemple les modes de deux cavités C1 et C2 du même type que celle
que nous avons utilisée dans les expériences présentées chapitre 4. Un mode est un oscil-
lateur harmonique : l’état d’un mode est donc décrit par les variables continues q ou p.
Dans ce contexte, différents paramètres de Bell ont été définis. Nous travaillerons avec le
paramètre introduit par Banaszek et Wodkiewicz [6], noté BBW

BBW = Π(α
′
, β

′
) + Π(α, β

′
) + Π(α

′
, β) − Π(α, β) (5.14)

où

Π(α, β) =
π2

4
W (α, β) (5.15)

W (α, β) est la fonction de Wigner à deux modes au point (α, β). On définit par simple
généralisation de l’équation 4.13

Π(α, β) = Tr(D1(α)D2(β)Π̂1Π̂2D2(−β)D1(−α)) (5.16)

ρ est la matrice densité des deux modes. Di est l’opérateur déplacement dans le mode i.
Π̂i est l’opérateur parité du mode i (voir équation 4.14) : on rappelle qu’à un mode, on
a Π |n〉 = (−1)n |n〉. Quel que soit l’état du champ, la valeur moyenne de cet opérateur
vérifie donc −1 < < Π > < 1. De même qu’à un mode, Π(α, β) est la valeur moyenne de
l’opérateur parité généralisé Π̂1Π̂2 après un déplacement d’amplitude −α dans le mode
1 et −β dans le mode 2. On peut montrer que BBW vérifie |BBW | ≤ 2 dans le cas d’une
théorie à variables cachées locales. Pour certains états du champ électromagétique, cette
inégalité est violée. Banaszek et Wodkiewicz [6] ont ainsi montré que l’état

|ψ〉 =
1√
2
(|0, 1〉 + |1, 0〉) (5.17)

réalisait |BBW | > 2.1 pour α
′
= β

′
= 0 et α = −β =

√
0.1.
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Comme section 5.1.1, le paramètre de Bell maximal vérifie |BBW |max = 2
√

2, la viola-
tion maximale étant atteinte avec des états cohérents intriqués [59]. Pour le comprendre,
remarquons que les observables Π̂1 et Π̂2 n’ont que deux résultats de mesure possibles :
±1, de même que la mesure de la polarisation de chaque photon dans la section 5.1.1
ne pouvait avoir que deux valeurs. Dans la section 5.1.1 l’état permettant la violation de
l’inégalité de Bell était un état intriqué en polarisation, dans cette section il est naturel
que l’état adapté à une telle violation soit un état intriqué en parité. Considérons alors
les états du champ dans un mode, notés |C+〉 et |C−〉

|C+〉 = 1
N+

(|γ〉 + |−γ〉)
|C−〉 = 1

N−
(|γ〉 − |−γ〉) (5.18)

où N+ et N− sont les constantes de normalisation. |γ〉 est l’état cohérent défini par le
nombre complexe γ. Ce sont des états Chat de Schrödinger de parité définie : en effet,
la distribution du nombre de photons du champ dans l’état |C+〉 (respectivement |C−〉)
est paire (respectivement impaire). La classe d’états considérée par la suite sera celle des
états Chat de Schrödinger intriqués d’expression

|Ψ±〉 = 1
NΨ±

(|C+,1, C+,2〉 ± |C−,1, C−,2〉)
|Φ±〉 = 1

NΦ±
(|C+,1, C−,2〉 ± |C−,1, C+,2〉) (5.19)

où i indice la cavité et sera omis par la suite, et NΨ± et NΦ± sont des constantes de
normalisation. Remarquons que si γ → ∞, les états |γ〉 et |−γ〉 deviennent orthogonaux,
de même que les états |C−〉 et |C+〉. En se restreignant à l’espace de dimension 4 défini
par |γ/ − γ, γ/ − γ〉, les états |C−〉 et |C+〉 forment une « base de Bell »pour l’observable
parité. Le tableau illustre l’analogie entre les deux situations.

Système Photon Mode de cavité

Espace des états |±〉 variable discrète |q〉 ou |p〉 variable continue

Variable mesurée Polarisation Parité

Paramètre de Bell S (équation 5.8) BBW (équation 5.14)

Base de Bell |Ψ±〉 = 1√
2
(|+, +〉 ± |−,−〉) |Ψ±〉 = 1

NΨ±
(|C+, C+〉 ± |C−, C−〉)

|Φ±〉 = 1√
2
(|+,−〉 ± |−, +〉) |Φ±〉 = 1

NΦ±
(|C+, C−〉 ± |C−, C+〉)

Dans tout ce qui suit on s’intéressera à l’état |Ψ+〉. On écrira celui-ci sous la forme

|Ψ+〉 =
1

NΨ+

(|γ, γ〉 + |−γ,−γ〉) (5.20)

Cette écriture montre que l’état |Ψ+〉 présente non seulement des corrélations en parité,
mais aussi en amplitude complexe du champ : comme on l’a déjà souligné, un état de Bell
montre en effet des corrélations dans toutes les bases. On supposera par la suite γ réel
sans restreindre la généralité du problème.
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Recherche du point de violation maximale

Si le champ est dans l’état |Ψ+〉 on peut donner pour Π(α, β) l’expression analytique
suivante

Π(α, β) =
1

N 2

(
e−2|γ−α|2e−2|γ−β|2 + e−2|γ+α|2e−2|γ+β|2 + 2 cos(4γℜ(α + β))e−2(|α|2+|β|2)

)

(5.21)

où N est une constante de normalisation vérifiant

N = 2(1 + e−4γ2

) (5.22)

Les deux premiers termes de Π(α, β) sont des gaussiennes centrées autour de (γ; γ) et
(−γ;−γ) : en ces deux points Π(α, β) = 0.5. Le dernier terme est un terme croisé, signe
de la cohérence des deux composantes de |Ψ+〉. Du fait de ce terme, le maximum de Π est
atteint en (0, 0) et vaut 1. Remarquons que pour α et β grands devant l’unité, le terme
croisé devient négligeable : les manifestations de cohérence devront donc être cherchées
près de l’origine.

La figure 5.1(a) présente Π(α, β) pour γ = 3 et (α, β) réels. On visualise nettement les
deux gaussiennes ainsi que le terme d’interférence. La figure 5.1(b) présente le même
signal pour un mélange statistique des états |γ, γ〉 et |−γ,−γ〉. On constate la disparition
attendue de l’interférence à l’origine. Notons également que pour ce mélange statistique,
le maximum global de BBW vérifie BBW = 1 pour α = β = α

′
= β

′
= ±γ.

Remarquons enfin que si γ = 0 (vide dans les deux cavités), le maximum global de BBW

vaut 2 et est atteint en α = β = α
′
= β

′
= 0.

( )a ( )b

α α

β β

Fig. 5.1: (a) Π(α, β) pour |Ψ+〉 avec γ = 3 et (α, β) réels. (b) Même signal pour le
mélange statistique correpondant.

Pour (α, β) réels, la fonction de Wigner est positive et bornée par 2, aucune violation de
BBW ne peut donc être atteinte : on va chercher celle-ci pour (α, β) imaginaires. La figure
5.2(a) et (b) (zoom) présente Π(α, β) pour γ = 3 et (α, β) imaginaires. On visualise les
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franges d’interférence modulées par une enveloppe gaussienne. La symétrie du problème
invite à prendre α = β et α

′
= β

′
. Ces quatre points décrivent donc dans l’espace des

phases un carré (voir figure 5.2(b)). BBW est maximum si trois sommets du carré se
trouvent proches d’un maximum d’une frange positive et le dernier sommet proche du
minimum d’une frange négative. Le maximum global de BBW vaut 2.77 et est atteint
pour α = β = 0.095i et α

′
= β′ = −0.035i.

( )a ( )b

ββ

α α

Fig. 5.2: (a) Π(α, β) pour |Ψ+〉 avec γ = 3 et (α, β) imaginaires. (b) Même signal, vu de
près. On a représenté sur la figure le carré correspondant aux quatre points pour lesquels
la violation est réalisée.

On peut effectuer la même optimisation pour différentes valeurs de γ. Si γ augmente les
points réalisant la violation de BBW se rapprochent de l’origine, conformément au fait que
l’interfrange de l’interférence diminue. On a représenté figure 5.3 l’évolution du maximum
global de BBW en fonction de γ.

Notons que pour γ =
√

2 on a déjà BBW = 2.61. La décohérence advenant d’autant plus
rapidement que le chat est grand nous choisirons par la suite de travailler avec un chat
tel que γ =

√
2. Etudions à présent la méthode expérimentale pour générer de tels chats

et pour mesurer BBW (α, β).

5.2 Violation d’une inégalité de Bell dans une expé-

rience de CQED

Principe

Le montage contient deux cavités C1 et C2 séparées d’une distance D, ainsi que deux
zones de Ramsey externes R1 et R2. Il est illustré figure 5.4.

Initialement un champ |λ〉 est injecté dans chaque cavité. Un atome préparé dans |e〉
subit une impulsion π/2 classique dans la première zone de Ramsey, l’état de l’atome est
1/
√

2(|e〉+ |g〉). L’atome interagit alors dispersivement avec les champs contenus dans C1
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γ

Fig. 5.3: Evolution du maximum global de BBW en fonction de γ. On voit que pour
γ =

√
2 on a déjà BBW = 2.61. C’est avec ce point que nous travaillerons par la suite.

D

C
1

R
1 C

2

R
2

S
2

S
1

Fig. 5.4: Schéma du montage contenant deux cavités. R1 et R2 sont des zones de Ramsey
externes. S1 et S2 sont des sources classiques permettant d’injecter un champ cohérent
dans le mode de chaque cavité.

et C2. On rappelle l’expression du déphasage par photon

φ0 =

∫
Ω2

0(t)dt

4δ
(5.23)

Les temps d’interaction et les désaccords dans chaque cavité sont réglés de telle façon que
φ0 = π/2 où φ0 est le déphasage par photon défini équation 1.70. On rappelle que dans
ces conditions l’évolution du système atome-champ s’écrit

|e, λi〉 −→ −i |e, iλi〉
|g, λi〉 −→ |g,−iλi〉 (5.24)

où i indice le mode. Lorsque l’atome sort de la seconde cavité le système atome-champ
global s’écrit
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1√
2
(− |e, iλ, iλ〉 + |g,−iλ,−iλ〉 (5.25)

L’atome subit une seconde impulsion classique dans R2. L’état final du système s’écrit

1

2
(− |e〉 (|iλ, iλ〉 + |−iλ,−iλ〉) + |g〉 (− |iλ, iλ〉 + |−iλ,−iλ〉)) (5.26)

soit en posant γ = iλ

1

2
(− |e〉 (|γ, γ〉 + |−γ,−γ〉) + |g〉 (− |γ, γ〉 + |−γ,−γ〉)) (5.27)

La détection de l’atome dans l’état |e〉 permet de préparer l’état |Ψ+〉. On peut se de-
mander pourquoi on n’utilise pas ici l’interaction résonnante pour générer des chats de
Schrödinger non-locaux. La raison est simplement que cette méthode est valable avec des
champs contenant au moins 10 photons, contrairement au cas étudié ici où chaque cavité
contient 2 photons.

La mesure de BBW (α, β) repose sur la lecture de la fonction de Wigner du champ contenu
dans les deux modes. La lecture de la fonction de Wigner du champ contenu dans un
mode a déjà réalisée dans notre groupe pour un champ vide ou dans l’état de Fock à
un photon d’après une idée de Luiz Davidovitch [68]. Cette méthode est généralisable à
deux modes [71] comme on va l’exposer maintenant. On rappelle que Π(α, β) est la valeur
moyenne de l’opérateur parité généralisé Π̂1Π̂2 après déplacement d’amplitude −α dans
le mode 1 et −β dans le mode 2. Les déplacements correspondent à l’injection de |−α〉
dans la première cavité et de |−β〉 dans la seconde cavité à l’aide des sources classiques
notées S1 et S2. Pour mesurer la parité du champ résultant on réalise une expérience
d’interférométrie Ramsey sur les niveaux |e〉 et |g〉 à l’aide d’un second atome. Les réglages
sont restés tels que φ0 = π/2 dans chaque cavité. Si le champ global se trouve initialement
dans |n1, n2〉 les franges sont déphasées par rapport aux franges obtenues dans le vide de
2(n1 + n2)φ0 = π(n1 + n2) (voir équation 3.12) (le facteur 2 est dû au fait que les deux
niveaux atomiques contribuent au déphasage). Considérons à présent le cas d’un champ
global quelconque caractérisé par une matrice densité ρ̂ et une distribution du nombre de
photons p(n1, n2). Soit R(ν) le signal de franges de Ramsey obtenu, R0(ν) étant le signal
de référence dans le vide. On a

R(ν) =

[
∑

n1,n2

p(n1, n2)(−1)n1,n2

]
R0(ν) = 〈Π̂1Π̂2〉ρR0(ν) (5.28)

Le contraste algébrique des franges de Ramsey enregistrées constitue donc une mesure
directe de la parité du champ contenu dans les deux cavités. Pour mesurer Π(α, β) on
injecte |−α〉 dans la première cavité, |−β〉 dans la seconde cavité, et on pointe le contraste
des franges de Ramsey enregistrées à l’aide d’un second atome dans le champ résultant.

Notons que pour réaliser un test de non-localité il faudrait mesurer séparément à l’aide
de deux atomes distincts la parité dans chaque cavité. On pourrait pour cela mesurer la
fonction de Wigner du champ séparément dans chaque cavité, à l’aide de deux atomes
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distincts. Nous nous sommes ici concentrés sur la violation du paramètre de Bell avec un
seul atome, expérience plus facile et moins sujette à la décohérence.

Résultats en l’absence de décohérence

On a simulé numériquement l’expérience proposée ci-dessus. Les deux cavités sont suppo-
sées ne contenir qu’un seul mode de facteur de qualité infini. On ne tient pas compte
d’éventuels photons thermiques. On a initialemement préparé dans chaque cavité un
champ cohérent |λ〉 avec |λ| =

√
2. On a supposé chaque atome de vitesse minimale

compatible avec une réalisation expérimentale : v=100m/s. L’intérêt de travailler à vi-
tesse réduite réside dans le fait qu’ainsi le désaccord peut être plus important : on reste
ainsi dans les conditions de l’interaction dispersive. On a ensuite ajusté numériquement
le désaccord atome-cavité de telle manière que φ0 = π/2. Cela correspond, pour une
interaction intégrée de −120µs à 120µs, à un désaccord de 160kHz.

Le diagramme spatio-temporel de l’expérience est présenté figure 5.5. Comme on le voit
l’atome 2 commence à interagir avec le champ se trouvant dans la première cavité alors que
l’atome 1 n’a pas encore atteint la seconde cavité : on retrouve ainsi une caractéristique
générale des expériences EPR, la violation de l’inégalité de Bell ne dépendant pas de
l’instant de la détection. La seule contrainte ici est que l’atome 2 entre dans la première
cavité après la sortie de l’atome 1 et le déplacement du champ. Le temps séparant les deux
atomes est choisi le plus court possible pour limiter autant que faire se peut les effets de
la décohérence comme on le verra dans la section suivante. Dans notre cas ce temps est
T = 240µs.

On a dans un premier temps étudié l’état du champ global au terme de l’interaction avec
le premier atome et projection de celui-ci sur l’état |e〉. La figure 5.6 présente la fonction de
Wigner W1(δ) monomode du champ résultant dans le mode 1 après trace partielle sur les
états du mode 2. Dans le cas idéal on devrait obtenir un mélange statistique des états |γ〉
et |−γ〉, et la fonction de Wigner correspondante devrait se composer de deux gaussiennes
centrées respectivement en γ et −γ. On voit que ces deux gaussiennes sont légèrement
déformées, ce qui est dû au fait que l’interaction atome-champ n’est pas parfaitement
dispersive.

On a alors cherché un point de violation du paramètre de Bell. On notera Bth le para-
mètre de Bell construit à partir de la parité théorique de la matrice densité déplacée, par
opposition au paramètre de Bell mesuré expérimentalement selon la technique présentée
ci-dessus, noté Bexp. On a trouvé que pour α = β = 0.27i et α

′
= β

′
= 0.04i, Bth = 2.54,

qui constitue un maximum global. Ce point diffère du point de violation précédemment
trouvé : il est en effet très sensible à la forme de la fonction de Wigner et des franges
d’interférence au voisinage de l’origine. Pour compléter l’étude réalisée il faut maintenant
adjoindre l’effet de la décohérence.

Influence de la décohérence

Nous avons simulé une nouvelle fois l’expérience pour des cavités présentant un facteur
de qualité Q = 1010, ce qui correspond à un temps de vie de 30ms. Comme on l’a vu
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Fig. 5.5: Diagramme spatio-temporel de l’expérience. L’atome 2 commence à interagir
avec le champ dans C1 alors que l’atome 1 n’a pas encore préparé le champ dans C2 :
c’est une propriété générale des expériences EPR que le résultat des mesures ne dépende
pas de l’instant auquel elles sont effectuées.

chapitre 2 l’utilisation de telles cavités est envisageable.
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(
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Fig. 5.6: Fonction de Wigner W1(δ) du champ résultant dans le mode 1 après trace
partielle sur les états du mode 2.
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Dans un premier temps on a étudié le paramètre de Bell Bth(α, β) du champ préparé
par l’atome 1. Le point de violation maximale se trouve toujours en α = β = 0.27i et
α

′
= β

′
= 0.04i, en ce point on a Bth = 2.48 : la décohérence, réduisant le contraste des

franges d’interférence au voisinage de l’origine, a déjà affecté le maximum global de Bth.

La lecture du champ par l’atome 2 est elle aussi affectée par le phénomène de décohérence.
Le paramètre Bexp mesuré par l’atome sonde au point suggéré par l’étude théorique vaut
2.19.

Nous nous sommes ensuite intéressés à l’évolution du maximum global du paramètre de
Bell en fonction du délai T entre les deux atomes. Pour cela nous avons calculé la matrice
densité du champ global après interaction avec l’atome 1 et détection de celui-ci dans l’état
|e〉, puis relaxation pendant un certain délai, puis évalué Bth(α, β). Pour chaque délai nous
avons optimisé le point de violation dans l’espace des phases. Nous avons ensuite calculé
la valeur de Bexp au point de violation suggéré par l’étude théorique.

m
a
x

B

m
a
x

B

Fig. 5.7: Résultats de la simulation numérique de l’expérience. On présente l’évolution
du maximum global de Bexp en fonction du délai T entre les deux atomes. Les carrés sont
obtenus pour Q = 1010, les disques pour Q = 1011. On a représenté en insert l’évolution
du maximum global de Bexp aux temps longs pour Q = 1010. On voit nettement la dé-
croissance exponentielle due à l’amortissement des franges d’interférence, puis le plateau
correspondant au maximum de Bexp pour un mélange statistique, puis la remontée vers
2 correspondant au maximum de Bexp pour deux cavités vides.

La figure 5.7 présente l’évolution du maximum global de Bexp en fonction du délai T entre
les deux atomes. Les disques sont les résultats du calcul pour Q = 1011 (le temps de vie
du champ correspondant est Tcav ∼ 300ms), les carrés pour Q = 1010 (ici Tcav ∼ 30ms).
La figure insérée présente également l’évolution de Bexp pour Q = 1010 sur une échelle de
temps plus longue, permettant de distinguer trois étapes.

1. Dans un premier temps le paramètre de Bell s’effondre du fait de la perte de cohé-
rence du chat. On a vérifié que l’on peut ajuster les points par une exponentielle
décroissante de temps typique Tdecoh = 2Tcav/D

2 où D est la distance du chat dans
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le plan complexe, qui vaut ici 2
√

2. Le point de violation n’évolue pas dans l’espace
des phases, car les franges d’interférence s’amortissent simplement sans se déplacer.

2. Lorsque le paramètre de Bell atteint 1 le point de l’espace des phases correspondant
au maximum global se déplace. En effet, comme on l’a vu dans la section 5.1.2, ce
maximum ne peut être inférieur à 1. Cette valeur est réalisée aux points (γ(t), γ(t)) et
(−γ(t),−γ(t)) de l’espace des phases, γ(t) étant l’amplitude du champ dans chaque
mode. B est donc bloquée à 1.

3. Les composantes du champ d’amplitude γ et −γ commencent à se recouvrir sous
l’effet de la relaxation. Le maximum global de B est alors atteint à l’origine. On
visualise dans la troisième étape la croissance de Bmax qui converge vers 2, atteint
lorque le champ est dans l’état vide.

Ces simulations semblent indiquer qu’une violation des inégalités de Bell est envisageable
dans un futur montage contenant deux cavités, actuellement en cours d’élaboration. Ces
cavités devront présenter un facteur de qualité 30 fois meilleur que le facteur de qualité
actuel.
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Conclusion

L’expérience présentée dans ce mémoire a apporté un éclairage neuf sur le phénomène
d’oscillation de Rabi quantique entre un système à deux niveaux et un mode du champ
électromagnétique. L’étude expérimentale de l’interaction résonnante entre un atome de
Rydberg et un champ cohérent contenant un nombre de photons variables a permis d’ex-
plorer la frontière classique-quantique, tout en offrant une nouvelle illustration du principe
de complémentarité. L’effondrement de l’oscillation advient au bout d’une période de Rabi
du vide T0 quel que soit le nombre de photons n̄, ce qui prouve que le champ est alors
intriqué avec l’atome. A la limite classique T0 → ∞ : le champ et l’atome ne s’intriquent
jamais, ce qui caractérise bien un champ classique.

Notre dispositif expérimental nous permettant de sonder des temps d’interaction supé-
rieurs à T0, un champ cohérent apparaît quantique quel que soit n̄. Nous avons ainsi pu
préparer des états intriqués de l’atome et d’un champ mésoscopique, c’est à dire des états
Chat de Schrödinger. La survie de ces états était assurée par le fait que l’échelle de temps
sur laquelle a lieu la décohérence est supérieure au temps nécessaire pour préparer le chat.
La distance maximale des superpositions cohérentes que nous ayons pu préparer est de 20
photons. Cette méthode est beaucoup plus efficace que la méthode dispersive auparavant
utilisée dans le groupe, les effets non-linéaires étant exaltés. Soulignons également que
nous avons préparé des superpositions incohérentes dont la distance vaut typiquement 50
photons. C’est un résultat très prometteur : travailler avec une cavité de meilleur facteur
de qualité devrait permettre de préparer de « grands » chats de Schrödinger. Pour obser-
ver des chats de 50 photons, une amélioration du facteur de qualité d’un facteur 4 devrait
suffire, ce qui est à la portée des efforts expérimentaux développés dans ce but.

Une nouvelle cavité devrait prochainement être introduite dans le montage. Les miroirs
ne comporteront pas de trous de couplage (la micro-onde sera injectée par le côté de
la cavité), dont on a vu qu’ils étaient probablement la cause essentielle de dégradation
du facteur de qualité. Des tests préliminaires laissent d’espérer que le facteur de qualité
sera multiplié par 30 en configuration « fermée ». Une telle amélioration permettrait la
réalisation d’un grand nombre d’expériences nouvelles, notamment les expériences de
téléportation, où un état quantique inconnu est transféré entre deux qubits n’ayant jamais
interagi [8, 21, 20, 50].

Il sera également envisageable de réaliser des tests quantitatifs de décohérence sur de
grands chats. Une première expérience consiste à tester la cohérence des chats par une
technique similaire aux échos de spins, comme exposé à la fin du chapitre 4. Elle ne permet
cependant pas de sonder la décohérence du chat de façon résolue en temps, la préparation
et le test de cohérence étant effectués par le même atome. Il sera donc intéressant de
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réaliser une expérience à deux atomes, le premier atome préparant le champ dans l’état

|ψ〉 = |α+〉 + |α−〉 (5.29)

et le second le sondant par interaction résonnante. Si la superposition est cohérente, l’in-
teraction résonnante avec l’atome-sonde entraîne la recombinaison de deux composantes.
Le signal d’oscillation de Rabi devrait donc renaître lorsque l’atome sort du mode. En
présence d’un mélange statistique en revanche, le signal observé est la moyenne des os-
cillations de Rabi dans |α+〉 et dans |α−〉 : on ne voit pas de résurgence du signal. Le
contraste de l’oscillation de Rabi à la fin de l’interaction entre le champ et l’atome sonde
mesure donc la cohérence de la superposition. En faisant varier le délai entre le passage
des atomes au centre de la cavité, on peut déduire le temps de décohérence du chat, et
tester l’égalité

Tdecoh =
2τ

D2
(5.30)

où τ est le temps de relaxation du champ dans la cavité et D est la distance du chat.

Cette expérience n’a pas encore été réalisée car au terme du délai minimal entre deux
atomes, le chat avait déjà perdu toute cohérence. L’introduction dans le montage d’une
cavité de meilleur facteur de qualité permettra de s’affranchir de cet effet.

Une autre expérience réalisable avec une meilleure cavité consistera à mesurer la fonction
de Wigner d’un chat de Schrödinger par une méthode directe analogue à celle qui a été
présentée chapitre 5. Notre groupe a déjà mesuré ainsi la fonction de Wigner d’un état
de Fock à 1 photon. Une telle mesure permettra d’observer l’amortissement des franges
d’interférences au cours du temps et de visualiser en temps réel l’effet de la décohérence.

Un nouveau montage comportant deux cavités est actuellement en cours d’élaboration. Les
potentialités offertes par ce type de montage sont multiples. L’une d’entre elles consisterait
à utiliser une des deux cavités pour détecter non-destructivement le passage d’un atome,
selon la technique présentée à la fin du chapitre 2. Rappelons-en ici brièvement le principe :
on injecte dans la cavité un champ cohérent |α〉, puis après un délai T le champ |−α〉 :
le champ résultant est donc le vide. Si un atome a traversé la cavité entre les deux
injections, et interagi dispersivement avec |α〉, le champ cohérent a subi un déphasage φ0

(voir chapitre 1). L’état du champ après la seconde injection est donc
∣∣α(eiφ0 − 1)

〉
. Le

passage d’un atome a ainsi une laissé une signature sur l’état final du champ. L’interaction
dispersive d’un atome avec un champ cohérent peut conduire à une technique de détection
non destructive d’atome dont l’efficacité est potentiellement 100%. Il suffit pour cela de
sonder l’état du champ résultant avec un grand nombre d’atomes à résonance préparés
dans l’état fondamental. Si l’état du champ est le vide tous les atomes ressortent dans
l’état |g〉. Dans le cas contraire les atomes sonde ont une certaine probabilité de ressortir
dans l’état |e〉. L’analyse de l’histogramme du nombre d’atomes ressortant dans l’état |e〉
permet de discriminer si un atome a traversé la cavité ou pas, et donc de post-sélectionner
les événements où il y avait effectivement un atome et un seul dans le paquet.

Un montage comportant deux cavités permettra également de réaliser des tests de non-
localité de la Mécanique Quantique. L’étude réalisée au chapitre 5 concernant la possibilité
de violer les inégalités de Bell avec des « chats non-locaux »a été menée dans cette pers-
pective. On a vu que les conditions de violation sont très sensibles à la décohérence.
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En effet, pour réaliser ce test de non-localité, l’enjeu technologique est majeur : il fau-
dra disposer de deux cavités dans lesquelles le temps de vie du champ est de l’ordre de
30ms en configuration ouverte. Une réflexion a lieu pour déterminer d’autres états plus
robustes à la décohérence. Ce nouveau montage offrira également la possibilité de réaliser
des expériences de téléportation et de codes correcteurs d’erreurs.
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Annexe A

Compléments sur les atomes de

Rydberg circulaires

A.1 La préparation

Dans cette partie on expose les principales étapes de la préparation des états de Rydberg
circulaires. On pourra trouver une description détaillée de la « circularisation » dans les
thèses de Frédéric Bernardot [9], Paulo Nussenzveig [78] et Abdelhamid Maali [72]. L’en-
semble de la préparation a lieu dans ce que nous appelons la « boîte à circulariser » qui
se compose d’un cylindre en Niobium où les champs électriques et magnétiques sont
parfaitement contrôlés de façon résolue en temps. Ce cylindre est percé de diaphragmes
permettant le passage des atomes et des faisceaux lasers excitateurs. Le Niobium permet
d’écranter le champ magnétique.

Pour circulariser les atomes de Rb85, il est nécessaire de leur communiquer à la fois de
l’énergie (nombre quantique principal n) et du moment angulaire [57]. Les différentes
étapes de la circularisation sont schématisées à la figure A.1 :

1) l’excitation vers les niveaux de Rydberg utilise trois transitions optiques, successi-
vement à 780, 776 et 1258nm, en champ électrique nul et dans un champ magnétique
B de 18 Gauss. Elles transfèrent les atomes du niveau hyperfin |F = 3,mF = 3〉 de
l’état fondamental vers l’état |52f, m = 2〉, via les niveaux

∣∣5P3/2, F = 4,mF = 4
〉

et∣∣5D5/2, F = 5,mF = 5
〉
. Les longueurs d’onde requises sont facilement accessibles avec

des diodes laser à cavité étendue. Les lasers excitant les deux premières transitions sont
polarisés perpendiculairement au champ magnétique. Le champ magnétique est suffisam-
ment élevé et les lasers suffisamment fins pour que seules les transitions σ+ soient excitées.
La puissance de chaque laser est de quelques mW, ce qui sature les deux premières tran-
sitions. Le troisième laser d’excitation est polarisé parallèlement au champ magnétique,
car la troisième transition est une transition π. Le paramètre de saturation de la dernière
transition est mal connu, mais sans doute entre 0.01 et 0.1. Les lasers sont focalisés au
centre de la boîte à circulariser, là où le champ magnétique est le plus homogène, sur une
zone d’environ 500µm de rayon.

2) On augmente ensuite le champ électrique E de manière à lever la dégénérescence
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entre l’état circulaire et les autres sous-niveaux de la multiplicité n=52. Ceci a pour
effet de transférer adiabatiquement l’atome de l’état |n = 52, l = 3,m = 2〉 vers l’état
|n = 52, n1 = 1,m = 2〉 (procédure de “Stark switching").

3) Remarquons que le diagramme Stark du Rubidium présenté figure A.1 diffère du dia-
gramme Stark de l’Hydrogène pour m < 3, ce qui est dû aux défauts quantiques du
Rubidium. Cependant, il existe une valeur |E0| ∼ 2.4 V/cm du champ électrique pour
laquelle la transition de |n = 52, n1 = 1,m = 2〉 vers |n = 52, n1 = 0,m = 3〉 est dégénérée
avec toutes les transitions |n = 52, n1 = 0,m〉 → |n = 52, n1 = 0,m + 1〉. La fréquence
de ces transitions dans le champ magnétique de 18 Gauss est typiquement 255 MHz. On
peut donc passer de l’état |n = 52, n1 = 1,m = 2〉 à l’état circulaire n=52 en absorbant
une série de 49 photons radiofréquence polarisés σ+ de fréquence 255 MHz.

L’onde radiofréquence ayant une polarisation linéaire, les transitions σ− pourraient égale-
ment être excitées lors du processus. Le champ magnétique permet de lever la dégérescence
de 50 MHz, ce qui est suffisant pour assurer un transfert efficace vers le niveau circulaire.

Pour garantir l’efficacité de cette préparation, on réalise un passage adiabatique rapide.
Pour cela on fait varier le champ électrique autour de la valeur |E0| en présence de l’onde
radiofréquence. Il se produit alors un anticroisement géant transférant les atomes de l’état
|n = 52, n1 = 1,m = 2〉 vers l’état circulaire avec une efficacité typique de 80%.

4) La dernière étape est une étape dite de « purification » en applicant en appliquant
une impulsion micro-onde de n = 52 vers n = 51 ou n = 50 en champ électrique fort.
Le champ électrique lève la dégénérescence entre la transition circulaire-circulaire et les
transitions entre niveaux elliptiques, et permet de ne transférer dans le niveau inférieur
que les atomes circulaires. La pureté optimale après cette étape dite de « purification »est
d’environ 98%. Notons que l’on peut choisir d’effectuer une transition vers |e〉 (fréquence
νe = 48.195 GHz) ou directement vers |g〉 à deux photons (fréquence νg = 49.65 GHz).

L’excitation des atomes est pulsée car le premier laser provient de l’ordre 1 de diffraction
d’un Modulateur Acousto-Optique (MAO). Allumer ou éteindre l’onde acoustique revient
à allumer et éteindre le laser d’excitation. Dans l’expérience, nous réalisons cela avec une
résolution temporelle de 100 ns. Le choix de la durée de l’impulsion d’excitation permet de
régler la probabilité d’excitation vers l’état de Rydberg circulaire et donc le flux atomique.

A.2 La sélection de vitesse

Pour connaître la position des atomes dans le dispositif au millimètre près, il nous faut
connaître leur vitesse en plus de l’instant de leur préparation. Nous utilisons un dispositif
de sélection de vitesse dont la description détaillée pourra être trouvée dans la thèse de
X. Maître [74]. La méthode repose sur du pompage optique sélectif en vitesse par effet
Doppler, combiné à une sélection en temps de vol.
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Pompage optique sélectif en vitesse

Le principe du dispositif de sélection de vitesse est le suivant. Le processus de circulari-
sation ne concerne que les atomes qui sont initialement dans le niveau hyperfin F=3 de
l’état fondamental de l’atome de Rubidium 5S1/2. Lorsque les atomes sortent du four, ils
sont répartis à égalité entre les deux niveaux hyperfins F=2 et F=3. Par pompage optique,
on ne garde dans l’état F=3 que les atomes qui ont la vitesse voulue ; les autres ne seront
pas circularisés.

L’interaction entre les atomes et les lasers de sélection de vitesse a lieu environ 15cm
après la sortie du four (voir figure A.2 (a)). Un premier laser L1 accordé sur la transition∣∣5S1/2, F = 3

〉
→

∣∣5P3/2, F
′ = 3

〉
« dépompe » le niveau F = 3 et tous les atomes finissent

pompés dans l’état
∣∣5S1/2, F = 2

〉
au bout de quelques cycles de fluorescence. Ce pompage

optique est réalisé quelle que soit la vitesse de l’atome car L1 est perpendiculaire au jet :
il n’y a donc pas d’effet Doppler . Après interaction avec le dépompeur, le rapport des
populations des états F = 3 et F = 2 est inférieur à 1/2000.

Un deuxième laser L2, appelé « repompeur » est désaccordé d’une quantité réglable ∆ν
par rapport à la fréquence de la transition F = 2 → F ′ = 3. Il fait un angle θ avec le
jet atomique. La fréquence du laser « vue » par les atomes dépend alors de leur vitesse et
vaut

νat = νL2 −
1

2π
k · v = νF=2→F ′=3 + ∆ν − v cos θ

λ
(A.1)

Seuls les atomes ayant une vitesse

vsel =
λ∆ν

cos θ
(A.2)

seront donc repompés dans le niveau F = 3 puis éventuellement excités dans les niveaux
de Rydberg circulaires. On peut choisir ∆ν en changeant la fréquence de l’onde acoustique
envoyée dans un MAO, et ainsi sélectionner n’importe quelle classe de vitesse entre 100
et 700m/s, ce qui couvre toute la distribution de vitesse du jet thermique. Notons que,
par cette procédure, la classe de vitesses v = vsel+ 100m/s est aussi repompée par le laser
L2. En effet, pour des atomes ayant cette vitesse, le laser est accordé sur la transition
F = 2 → F ′ = 2 qui est aussi repompante vers F = 3.

On voit sur la formule A.2 que la largeur de la classe de vitesse ainsi sélectionnée est
directement proportionnelle à la largeur de la transition F = 2 → F ′ = 3. Cette largeur
dépend de l’intensité du laser repompeur. Lorsque l’intensité est faible, c’est la largeur
naturelle de la transition F = 2 → F ′ = 3 et la population repompée est proportionnelle
à l’intensité du laser. On atteint alors une largeur d’environ 10m/s sur la classe de vitesse
sélectionnée. Lorsqu’au contraire on sature la transition, on élargit la raie ; la dispersion
en vitesse peut alors atteindre environ 20m/s avec une efficacité de transfert proche de
100% (voir la figure A.3).

Sélection de vitesse en temps de vol

La dispersion de vitesse obtenue par le système de pompage optique étudié précédemment
est trop importante pour nos expériences (elle est intrinsèquement limitée par la largeur
naturelle de la transition atomique et ne peut être inférieure à 10m/s). En effet nous
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devons effectuer des opérations cohérentes sur les atomes et toute dispersion spatiale du
jet est une cause supplémentaire d’inhomogénéités. Pour améliorer encore la sélectivité
de notre dispositif, nous avons recours à un système de sélection de vitesse par temps de
vol, schématisé à la figure A.4(a).

Après pompage optique vers le niveau F = 3 d’une certaine classe de vitesse, les atomes
doivent parcourir une distance de 37.5cm qui sépare la zone de sélection de vitesse de
la zone de circularisation. Pendant ce temps de vol, les atomes de différentes vitesses
se dispersent, et arrivent dans la zone de circularisation à des instants différents. On
peut alors, en n’allumant le laser d’excitation que lorsqu’une certaine classe de vitesse est
présente, améliorer la sélectivité en vitesse du dispositif. C’est ce que montre la figure A.5
où l’on a pu par cette méthode réduire d’un facteur 5 la largeur initiale de la distribution
de vitesse.
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Fig. A.2: (a) Disposition des lasers de sélection de vitesse à la sortie du four atomique.
(b) Structure hyperfine des niveaux 5S1/2 et 5P3/2 et fréquences des lasers L1 et L2.
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Fig. A.3: Mesure de la distribution de vitesse des atomes circulaires avant (trait continu)
et après pompage optique. On constate que l’efficacité de transfert est bien de 100% au
centre de la maxwellienne ; sa largeur est de 19m/s. La vitesse des atomes est déterminée
par le temps qu’ils mettent à aller de la zone de circularisation au détecteur, dont nous
connaissons la distance exacte à la zone de circularisation.
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Annexe B

L’expérience de mesure de l’efficacité

de détection : données brutes

On trouvera dans cette annexe les données brutes de l’expérience de mémoire quantique
telle qu’elle est présentée à la fin du chapitre 2. Rappelons que cette expérience vise à
mesurer l’efficacité de détection par niveau η de chaque détecteur, avec

η =
Pdet(1at1)

Preel(1at1)
(B.1)

où Pdet(1at1) est la probabilité qu’il y ait un atome dans le premier paquet, construite à
partir des événements détectés et Preel(1at1) la probabilité réelle qu’il y ait un atome dans
le premier paquet. On peut mesurer cette probabilité, on a en effet montré (voir équation
2.34)

Preel(1at1) =
Πdet(e2) − Πdet(e2|0at)

Πdet(e2|1at) − Πdet(e2|0at)
(B.2)

Les tableaux ci-dessous rassemble les coïncidences permettant de calculer l’efficacité de
détection du détecteur 1. N (x1y2) représente le nombre d’événements enregistrés avec
le premier atome dans l’état x et le second dans l’état y. e et g désignent la détection
de l’atome dans l’état excité ou fondamental respectivement, n indique que l’on n’a pas
détecté d’atome, x que l’on en a détecté 2. Le premier tableau concerne l’expérience à deux
atomes, le second tableau l’expérience complémentaire à un atome permettant d’évaluer
Π(e2|0at).

N (n1n2) N (n1g2) N (n1e2) N (n1x2)
1604512 125943 45952 12297
N (g1n2) N (g1g2) N (g1e2) N (g1x2)
159476 7887 8323 1164
N (e1n2) N (e1g2) N (e1e2) N (e1x2)
46000 2865 1841 309

N (x1n2) N (x1g2) N (x1e2) N (x1x2)
17549 792 955 135

151



152ANNEXE B. L’EXPÉRIENCE DE MESURE DE L’EFFICACITÉ DE DÉTECTION : DONNÉES BR

N (n1n2) N (n1g2) N (n1e2) N (n1x2)
1032213 89926 31611 9345
N (g1n2) N (g1g2) N (g1e2) N (g1x2)

440 31 19 5
N (e1n2) N (e1g2) N (e1e2) N (e1x2)

360 29 9 3
N (x1n2) N (x1g2) N (x1e2) N (x1x2)

7 0 2 0

A partir des événements enregistrés on calcule Πdet(e2), Πdet(e2|0at), Πdet(e2|1at) et Pdet(1at1)
donnés par les équations

Πdet(e2) =
N (n1e2) + N (g1e2) + N (e1e2)

N (n1e2) + N (g1e2) + N (e1e2) + N (n1g2) + N (g1g2) + N (e1g2)
(B.3)

Pour calculer Πdet(e2|0at) on applique la même formule aux données de l’expérience com-
plémentaire fournies dans le second tableau. Enfin

Πdet(e2|1at) =
N (e1e2) + N (g1e2)

N (g1e2) + N (e1e2) + N (g1g2) + N (e1g2)
(B.4)

et, en posant A = N (e1e2) + N (g1e2) + N (e1g2) + N (g1g2) + N (e1n2) + N (g1n2) :

Pdet(1at1) =
A

A + N (n1e2) + N (n1g2) + N (n1n2) + N (n1n2)
(B.5)

Remarquons que conformément au modèle présenté dans le chapitre 2 on néglige les
événements à deux atomes. Le tableau ci-dessous rassemble les résultats. On y trouvera
également les barres d’erreur statistiques, évaluées par la formule

∆p =

√
p(1 − p)

N (B.6)

p étant la probabilité calculée à partir de N événements, ∆p l’erreur statistique sur le
calcul de cette probabilité.

pN N p ∆p (∆p)/p
Πdet(e2) 56116 192811 29,10% 0,10% 0,36%

Πdet(e2|0at) 31639 121625 26,01% 0,13% 0,48%
Πdet(e2|1at) 10164 20916 48,59% 0,35% 0,71%
Pdet(1at1) 226392 2002799 11,30% 0,02% 0,20%

On a rassemblé dans le tableau ci-dessous les résultats intermédiaires permettant le calcul
de Preel(1at1), ainsi que la barre d’erreur statistique associée.

p ∆p (∆p)/p
Πdet(e2) − Πdet(e2|0at) 3,09% 0,16% 5,27%

Πdet(e2|1at) − Πdet(e2|0at) 22,58% 0,37% 1,63%
Preel(1at1) 13,69% 0,50% 6,90%
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On en déduit finalement l’efficacité de détection du détecteur 1, η = 82.6%. On a égale-
ment calculé la barre d’erreur statistique sur l’évaluation de η, on a

∆η

η
=

∆Pdet(1at1)

Pdet(1at1)
+

∆Preel(1at1)

Preel(1at1)
(B.7)

Il vient ∆η/η = 7.1%. L’erreur statistique sur η est donc 5.9%, qui est à ajouter aux
erreurs sytématiques évoquées chapitre 2.

Expérience réalisée avec le détecteur 2

On a réalisé la même expérience avec le détecteur 2. Les résultats sont rassemblés dans
les quatre tableaux ci-dessous.

N (n1n2) N (n1g2) N (n1e2) N (n1x2)
2633025 89323 33474 2747
N (g1n2) N (g1g2) N (g1e2) N (g1x2)
108845 2399 2541 97
N (e1n2) N (e1g2) N (e1e2) N (e1x2)
38147 1024 627 30

N (x1n2) N (x1g2) N (x1e2) N (x1x2)
3588 53 78 2

N (n1n2) N (n1g2) N (n1e2) N (n1x2)
1447621 48306 16425 1456
N (g1n2) N (g1g2) N (g1e2) N (g1x2)

90 2 2 1
N (e1n2) N (e1g2) N (e1e2) N (e1x2)

94 2 1 0
N (x1n2) N (x1g2) N (x1e2) N (x1x2)

0 0 0 0

pN N p ∆p (∆p)/p
Πdet(e2) 36642 129388 28,32% 0,13% 0,44%

Πdet(e2|0at) 16428 64738 25,38% 0,17% 0,67%
Πdet(e2|1at) 3168 6591 48,07% 0,62% 1,28%
Pdet(1at1) 150160 1408330 5,33% 0,01% 0,25%

p ∆p (∆p)/p
Πdet(e2) − Πdet(e2|0at) 2,94% 0,21% 7,20%

Πdet(e2|1at) − Πdet(e2|0at) 22,69% 0,64% 2,82%
Preel(1at1) 12,97% 1,30% 10,02%

On rappelle que l’on calcule ici l’efficacité de détection par niveau, or le détecteur 2 détecte
pendant la moitié des séquences expériementales le niveau |e〉 et pendant l’autre moitié
le niveau |g〉. Comme on l’a vu au chapitre 2, on tient compte de cet effet en multipliant
par 2 Pdet(1at1). On aboutit à une efficacité de détection par niveau η = 82, 2%. L’erreur
statistique sur cette mesure vaut 8, 43%.
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