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Introduction

Interférence quantique et intrication

Depuis son avènement dans les années 20, la mécanique quantique n'a cessé de voir
son champ d'investigation s'étendre. Aujourd'hui, elle est à la base de la description du
monde physique à toutes les échelles : des constituants microscopiques à l'astrophysique,
des atomes aux étoiles à neutrons. Elle a décrit un grand nombre de phénomènes physiques
jusqu'alors inexpliqués et a permis le calcul de valeurs expérimentales avec une précision
inégalée [1, 2]. Aucune expérience n'a, à ce jour, réussi à la mettre en défaut.

Le point central du formalisme quantique est le principe de superposition. A l'échelle
atomique, les constituants de la matière ne se comportent pas selon notre expérience du
monde classique. En particulier, si un atome possède deux états d'énergie distincts, un
état atomique possible est leur superposition à poids égaux. Cela signi�e que, lors d'une
expérience, le résultat de la mesure de l'énergie de l'atome sera, dans la moitié des cas,
l'énergie la plus basse, dans l'autre moitié, l'énergie la plus haute.

Les superpositions d'états quantiques induisent des comportements expérimentaux
inexplicables sans les concepts de la mécanique quantique. L'exemple le plus simple et le
plus fondamental est le phénomène d'interférence quantique. Une formulation très simpli-
�ée revient à étudier l'expérience d'interférométrie suivante. Considérons deux états |a〉
et |b〉 d'un même système quantique. Le système quantique est initialement dans l'état
|a〉. La première opération consiste à appliquer la transformation unitaire U suivante :

U(|a〉) =
1√
2
(|a〉 + |b〉)

U(|b〉) =
1√
2
(− |a〉 + |b〉)

Le résultat est la production d'une superposition :

1√
2

(|a〉 + |b〉)

Pendant le temps d'évolution du système, supposons qu'une di�érence de phase Φ s'ac-
cumule entre les deux états de la superposition :

1√
2
(eiΦ |a〉 + |b〉)

3



4 INTRODUCTION

La dernière étape de l'expérience d'interférométrie consiste à appliquer une nouvelle fois
l'opération U . L'état du système est �nalement :

1

2

(
(1 − eiΦ) |a〉 + (1 + eiΦ) |b〉

)
(1)

Des interférences quantiques se manifestent sur l'amplitude de probabilité associée à
chaque état �nal du système. Elles sont le résultat d'une ambiguïté sur l'état de l'atome
pendant l'étape de construction de la phase Φ. Finalement la probabilité de détecter
l'atome dans l'état |a〉 est :

Pa(Φ) =
1

2
(1 − cos(Φ)) (2)

En changeant Φ, on observe une modulation de la probabilité Pa. Ce phénomène d'inter-
férence quantique généralise le comportement ondulatoire observé sur la lumière à tout
système quantique. Il a été observé dans di�érents montages expérimentaux avec di�é-
rentes particules [3].

Une conséquence directe du principe de superposition, dans le cas de deux systèmes
en interaction mutuelle, est la création d'états non séparables ou intriqués. Cela signi�e
que l'état du système total ne se réduit pas à un produit tensoriel de deux états indi-
viduels. Ces corrélations quantiques entre les deux systèmes persistent même si ils sont
arbitrairement éloignés et s'ils n'interagissent plus. Au contraire des corrélations clas-
siques, elles apparaissent dans une in�nité de bases d'états. Cette remarque a conduit à
bon nombre d'interrogations sur la complétude de la mécanique quantique [4, 5]. Plusieurs
propositions visèrent à introduire des théories à "variables cachées" comme alternatives
à la mécanique quantique [6]. J. S. Bell établit en 1964 des inégalités sur des valeurs
moyennes d'observables physiques, permettant de trancher entre la mécanique quantique
et toute théorie à variables cachées [7, 8]. De nombreuses expériences ont �nalement validé
la mécanique quantique comme théorie complète [9, 10, 11, 12, 13, 14]. Elles renforcent
les concepts et les postulats de la mécanique quantique.

Le phénomène de décohérence : intrication avec l'environnement et complé-
mentarité

Le formalisme de la mécanique quantique est par essence universel et s'applique à
tous degrés de liberté, qu'ils soient macroscopiques ou microscopiques. L'absence de phé-
nomènes d'interférences quantiques sur des systèmes macroscopiques est problématique.
Erwin Schrödinger eut conscience du problème au tout début de la construction de la
théorie quantique. Il l'illustra en 1935 avec l'image provocatrice du chat de Schrödinger
[15].

Ce paradoxe est au c÷ur du problème de la mesure en mécanique quantique. Lors du
processus de mesure, un appareil macroscopique interagit avec un système microscopique,
par exemple un atome à deux niveaux. Suivant l'état du système à détecter, une grandeur
caractéristique macroscopique de l'appareil de mesure (par exemple la position d'une
aiguille) prendra des valeurs di�érentes. La possibilité donné à l'atome d'exister dans un
état superposition conduit à la création après interaction d'états intriqués entre l'atome
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et l'appareil de mesure. En conséquence, des superpositions d'états macroscopiques ou
états chats de Schrödinger seraient en principe créés et des e�ets d'interférence quantique
entre les deux états macroscopiques de l'appareil de mesure devraient être observés.

Pour contourner le problème, le monde quantique et le monde classique sont traités
di�éremment dans l'interprétation orthodoxe de Copenhague [16]. Deux systèmes quan-
tiques en interaction ont une évolution unitaire. L'interaction entre un système quantique
et un appareil de mesure classique est une évolution probabiliste. Le postulat de la mesure
a�rme qu'une telle interaction conduit à projeter le système quantique sur un espace
déterminé par l'appareil de mesure. Une telle description pose beaucoup de questions.
Pourquoi les systèmes macroscopiques, assemblées d'un grand nombre de particules mi-
croscopiques, ne seraient-ils pas soumis aux lois de la mécanique quantique ? Où est placée
la limite entre le monde classique et le monde quantique ?

Des éléments de réponses théoriques ont été apportés au début des années 80
[17, 18, 19, 20]. Le point central fut l'analyse de l'in�uence de l'environnement sur les
superpositions d'objets macroscopiques. Les systèmes complexes avec un grand nombre
de degrés de liberté, sont en général mal isolés de leur environnement. La cohérence des
superpositions est très sensible à l'interaction du système avec l'environnement. Elle est
en général détruite très rapidement : c'est le phénomène de décohérence.

Pour illustrer l'importance du concept d'intrication dans le processus de décohérence,
reprenons l'exemple du phénomène d'interférence quantique entre deux états comme il a
été décrit précédemment et imaginons l'atome couplé à un seul degré de liberté externe.
La situation décrite pourra représenter l'interaction de l'atome avec un autre système
microscopique ou avec un autre degré de liberté de l'atome ou encore l'interaction avec
l'environnement. Initialement, ce degré de liberté externe est dans un état pur |ψext〉.
Plaçons-nous dans la situation où l'interaction est di�érente suivant l'état du système
quantique et où elle n'a�ecte que l'état du degré de liberté externe. Appelons |ψext,a〉 et
|ψext,b〉 l'état quantique corrélé respectivement à |a〉 et |b〉. Après la première transforma-
tion U de l'expérience d'interférométrie, l'état du système total est :

1√
2
(|a〉 + |b〉) ⊗ |ψext〉)

A la �n de l'étape de construction de la phase Φ, le système se trouve dans un état intriqué
atome-degré de liberté externe.

1√
2
(eiΦ |a〉 |ψext,a〉 + |b〉 |ψext,b〉)

Après la seconde opération U , la probabilité de détecter le système quantique dans |a〉
est maintenant :

Pa(Φ) =
1

2
(1 − |〈ψext,b |ψext,a〉 | cos(Φ + Arg(〈ψext,b |ψext,a〉)))

Le contraste des interférences quantiques est directement proportionnel à la norme du
produit scalaire entre |ψext,a〉 et |ψext,b〉. Nous voyons, sur cet exemple, que le couplage
particulier à un degré de liberté externe conduit à une disparition du phénomène d'in-
terférence quantique si les deux états |ψext,a〉 et |ψext,b〉 sont orthogonaux. Dans ce cas,
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la matrice densité réduite de l'atome initialement dans une superposition de |a〉 et |b〉
devient diagonale et la population de chaque état est 1/2. La disparition du phénomène
d'interférence peut être vue comme une conséquence du principe de complémentarité. Ce
principe, initialement formulé par Bohr [21] pour expliquer la dualité onde-particule, a
été généralisé pour expliquer la destruction des interférences quantiques. Il stipule que la
cohérence d'une superposition est détruite si il existe une information sur le chemin suivi
dans l'interféromètre. Dans l'exemple précédent, une information sur l'état de l'atome a
été acquise par le degré de liberté externe. Cette information détruit le caractère indiscer-
nable des deux états quantiques possibles de l'atome pendant la construction de la phase
Φ et les interférences quantiques disparaissent. De nombreuses illustrations expérimen-
tales de cette expérience de pensée ont été depuis réalisées dans le domaine de la physique
atomique [22, 23, 24, 25].

En résumé, les interférences quantiques disparaissent dans le cas où un degré de
liberté externe acquiert une information sur l'état du système. Préserver la cohérence d'une
superposition revient alors à isoler le système. Or plus un système est macroscopique, plus
il est di�cile à isoler de l'environnement. L'environnement jouera alors le rôle du degré
de liberté externe. Du point de vue du principe de complémentarité, le processus de
décohérence peut être interprété comme une succession de mesures incontrôlées et non
lues de l'environnement sur le système. L'environnement acquiert une information de plus
en plus grande sur l'état du système et la matrice densité réduite du système évolue vers
un mélange statistique. Le processus de décohérence est à l'origine de l'émergence de la
physique classique et il marque par conséquent la frontière entre le monde quantique et
le monde classique.

A première vue, traiter le problème de la décohérence d'un système quantique est
un problème complexe. Cependant, sous certaines conditions générales, la matrice densité
réduite du système quantique étudié possède un comportement universel. Elle évolue
très rapidement, avec un temps caractéristique inversement proportionnel à la taille du
système, vers un état mélange statistique. Il reste à déterminer quels états composent
le mélange statistique. Ces états ne s'intriquent pas à l'environnement lors du processus
de relaxation [17]. Ils sont appelés "états classiques" et ils sont dépendants du couplage
considéré entre le système et l'environnement.

Le problème de la décohérence et toutes les questions d'interprétation de la méca-
nique quantique ont reçu un regain d'intérêt ces dernières années avec le développement
de l'information quantique où les physiciens cherchent à utiliser les propriétés quantiques
pour améliorer le traitement des données [26]. Le grand mérite de l'information quantique
a été de formuler un langage précis et commode autour des concepts de la mécanique
quantique et d'y injecter des notions de la théorie de l'information. Les domaines de la
physique explorant aujourd'hui la possibilité de réaliser un ordinateur quantique sont très
variés, de la physique atomique à la physique de la matière condensée.

Dans un ordinateur classique, l'information est codée sur des variables physiques
binaires. Chacune de ces variables est appelée "bit classique" et elle ne peut se trouver
que dans un seul état à la fois, soit 0 soit 1. L'idée du calcul quantique est d'utiliser les
propriétés de superposition de la physique quantique et de donner ainsi la possibilité aux
"bits", appelés "qubits" ou "bits quantiques" dans ce contexte, de se trouver dans un état
superposition de 0 et 1. Une assemblée de N-qubits peut se trouver dans un état intriqué
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qui n'a pas d'équivalent classique. Cette possibilité ouvre de nouvelles perspectives algo-
rithmiques [27, 28]. La réalisation et les performances d'un ordinateur quantique reposent
donc sur notre capacité à manipuler des états intriqués géants, constitués de dizaines de
qubits, et à préserver leur cohérence. L'étude du processus de décohérence sur des sys-
tèmes analogues à des spins 1/2 a été entrepris pour comprendre et limiter l'in�uence de
l'environnement. Pour caractériser un système, les physiciens ont l'habitude de mesurer le
temps T2 correspondant au temps de décohérence trivial d'une superposition d'états d'un
seul qubit. Le temps de décohérence d'un état chat de Schrödinger sur plusieurs qubits
est en général beaucoup plus rapide.

L'étude en détails de tous les mécanismes de décohérence aux di�érentes échelles
est un formidable programme de recherche. Ses répercussions ouvriront de nouvelles voies
dans la compréhension de phénomènes encore mystérieux dans le monde classique. Le pro-
gramme de recherche du groupe d'électrodynamique des systèmes simples s'inscrit dans
ce champ d'investigation. Le système quantique étudié est un mode du champ électroma-
gnétique. Le mécanisme de décohérence est dû à son couplage linéaire à une in�nité de
modes électromagnétiques.

Le dispositif d'électrodynamique en cavité

Le dispositif expérimental que j'ai utilisé pendant ma thèse a été construit dans
l'optique de créer des superpositions d'objets mésoscopiques et d'observer le processus
de décohérence. Les états classiques considérés sont les états cohérents du champ. Ils ne
s'intriquent pas à l'environnement lors du processus de relaxation. Le temps de décohé-
rence est inversement proportionnel à la séparation dans l'espace des phases entre les états
cohérents de la superposition. Pour créer des superpositions d'états cohérents mésosco-
piques de phases di�érentes, il faut être capable de manipuler avec un seul atome la phase
d'un champ cohérent en un temps inférieur au temps de décohérence. Par conséquent, le
couplage entre l'atome et le champ doit être particulièrement important, cette condition
est appelée régime de couplage fort.

Pour atteindre expérimentalement le régime de couplage fort entre un atome et
un mode du champ électromagnétique, nous réalisons l'interaction d'atomes de Rydberg
circulaires avec le mode résonnant d'une cavité micro-onde de très haut facteur de qualité.
Les états de Rydberg circulaires sont des états très excités dé�nis par un grand nombre
quantique principal N et un moment angulaire maximal. Ces propriétés confèrent aux
états de Rydberg circulaires un grand temps de vie (τat=30 ms pour N = 50) et une
grande sensibilité aux champs électriques. Nous nous intéressons tout particulièrement
à la transition entre les niveaux circulaires |N = 51〉 (appelé |e〉) et |N = 50〉 (appelé
|g〉). La fréquence de la transition est égale à 51.1 GHz. Les atomes interagissent par
couplage dipolaire électrique avec le champ préparé dans le mode d'une cavité micro-onde
supraconductrice de type Fabry-Pérot. Le con�nement du champ induit un grand champ
électrique par photon. Associée au grand dipôle de la transition entre niveaux circulaires,
cette propriété assure un fort couplage entre les atomes et le champ, caractérisé par une
fréquence de Rabi du vide Ω0 = 2π × 49 kHz. On réalise ainsi la situation idéale de
couplage entre un système à deux niveaux avec un mode du champ. La source principale
de dissipation est le couplage par di�raction du mode de la cavité à une in�nité de modes
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Fig. 0.1 � Oscillation de Rabi dans le vide.

extérieurs qui constituent l'environnement du système. Ce couplage est responsable du
facteur de qualité �ni 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 2π/Ω0 ≪ τ, τat : les conditions sont
donc réunies pour observer les e�ets du couplage fort entre l'atome à deux niveaux et le
mode de la cavité. Le régime de couplage fort se manifeste par le phénomène d'oscillation
de Rabi quantique. Il s'agit d'un échange cohérent et réversible d'un quantum d'énergie
entre l'atome initialement dans |e〉 et le mode de la cavité initialement dans le vide à la
fréquence de Rabi du vide Ω0. L'oscillation s'opère entre les états |e, 0〉 et |g, 1〉. Elle se
traduit par une modulation de la probabilité de détecter l'atome dans |e〉 en fonction du
temps d'interaction, comme on peut le constater sur la �gure 0.1.

Oscillation de Rabi quantique : génération de superpositions d'états cohérents
et méthode de mesure de la cohérence

Le phénomène d'oscillation de Rabi quantique joue un rôle important dans le do-
maine de l'optique quantique. Il est l'outil fondamental pour intriquer l'atome et le champ
dans notre expérience. En comparaison avec l'oscillation de Rabi classique où l'état du
champ n'est pas a�ecté pendant l'évolution, l'oscillation de Rabi dans le vide voit l'état du
champ évoluer entre deux états orthogonaux |0〉 et |1〉. La plupart du temps, le système
total se trouve dans un état intriqué.

Dans le régime intermédiaire où le champ est dans un état cohérent mésoscopique
|α〉, les oscillations de Rabi voient leur amplitude s'e�ondrer et revivre périodiquement
[29]. Nous représentons sur la �gure 0.2 l'évolution de la population atomique lors de
l'interaction d'un atome avec un champ cohérent de 30 photons. L'origine des résurgences
et des e�ondrements réside dans la dispersion de la distribution en nombre de photons
du champ. La distribution d'un champ cohérent est piquée autour du nombre moyen de
photons n̄. La largeur de cette distribution, égale à

√
n̄ = |α|, élargit le spectre de l'oscil-
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Fig. 0.2 � Oscillation de Rabi dans un champ cohérent de nombre moyen de photons égal
à 30.

lation de Rabi, piqué autour de la fréquence ΩR = Ω0

√
n̄ et de largeur ∆ΩR = Ω0/

√
n̄.

Pour des champs classiques, cette dispersion peut être négligée et l'énergie moyenne de
l'atome oscille à la fréquence ΩR. Pour des champs mésoscopiques, elle ne peut plus être
négligée et conduit dans les premiers temps d'interaction au phénomène d'e�ondrement.
Le phénomène de résurgence est, lui, une conséquence de la granularité du champ.

Un autre point de vue consiste à suivre l'état du champ au cours de l'interaction.
Au même titre que l'oscillation de Rabi dans le vide, une intrication atome-champ est
produite. Chacun des deux champs concernés par l'intrication est déduit par un simple
déplacement de la phase du champ cohérent initial. Le sens de déplacement est dépendant
de la superposition atomique à laquelle le champ est corrélé. Après une interaction de durée
t, l'état du système est :

1√
2

(∣∣ψa+(t)
〉 ∣∣αe−iΦ(t)

〉
+
∣∣ψa−(t)

〉 ∣∣αeiΦ(t)
〉)

avec Φ(t) = Ω0 t/4
√
n̄. Chacun des deux champs est corrélé à une superposition atomique∣∣ψa+(t)

〉
et
∣∣ψa−(t)

〉
di�érente. En dé�nitive, le signal d'oscillation de Rabi s'interprète

comme une interférence quantique entre ces deux états atomiques. Lorsque le produit
scalaire entre les deux champs est nul, l'état du champ apporte une information sur l'état
atomique et par conséquent brouille l'interférence. C'est le phénomène d'e�ondrement des
oscillations de Rabi. Après une rotation de la phase classique du champ d'un angle égal à
π, les deux composantes se superposent à nouveau et la �gure d'interférence réapparaît.
C'est le phénomène de résurgence.

En plus de donner un moyen de produire des états superpositions de champs co-



10 INTRODUCTION

hérents, l'oscillations de Rabi, par le phénomène de résurgence, apporte une indication
sur la cohérence des superpositions produites et une mesure de l'e�et du processus de
décohérence. Jusqu'ici, les résurgences dites "spontanées" de l'oscillation de Rabi n'ont
été observées, dans le domaine de la CQED, que pour des champs de l'ordre d'un photon.
Chronologiquement, la première expérience à avoir montré ces phénomènes utilise un dis-
positif assez similaire à celui présenté précédemment mais le processus d'e�ondrement et
de résurgence a été observé sur des champs thermiques [30]. Dans le groupe d'électrody-
nanmique des systèmes simples de l'ENS, les oscillations de Rabi dans un champ cohérent
de 1 photon en moyenne ont été mises en évidence [31]. Dans les expériences des ions
piégés, le champ électromagnétique est remplacé par les modes de vibration de l'ion dans
son piège. La situation est alors celle d'un atome à deux niveaux couplé fortement à un
oscillateur harmonique, l'interaction est exactement la même que celle des expérience de
CQED. Le groupe de David Wineland à Boulder a réussi à exciter les modes de vibration
dans un états cohérents de 3 phonons. Les phénomènes d'e�ondrement de résurgence ont
été observés sur les oscillations de Rabi des états ioniques internes [32]. Toutes ces ex-
périences sont analogues et se sont contentées d'étudier l'évolution de l'état atomique au
cours de l'interaction pour de faibles champs cohérents.

Nous avons utilisé dans cette thèse l'interaction résonnante atome-champ pour créer
une superposition d'états cohérents de 13 photons en moyenne. Le temps de décohérence
sera dans ce cas plus petit que le temps de résurgence spontanée. Il nous sera impossible
d'observer les résurgences spontanées. Pour contourner ce problème et prouver la cohé-
rence de la superposition produite, nous appliquons une méthode proposée par Morigi
et al [33]. Elle permet de distinguer les contributions cohérentes et incohérentes durant
l'évolution du système. Elle est composée de trois étapes. Premièrement, l'interaction
entre l'atome et le champ cohérent est réalisée. A la �n de cette première étape, un état
intriqué atome-champ est créé. Deuxièmement, une transformation de renversement du
temps est appliquée au système. L'interaction résonnante reprend juste après. A l'instant
exactement symétrique de l'instant initial par rapport à la transformation, appelé temps
de recombinaison, le système se retrouve exactement dans son état initial. Par conséquent,
l'intrication atome-champ a été défaite et le signal d'oscillation de Rabi revit. L'observa-
tion de ces résurgences dites "induites" révèle la cohérence de l'état intriqué créé au cours
de la première étape. Le contraste des résurgences au point de recombinaison permet de
déduire directement l'e�et de la décohérence pendant tout le processus. En changeant
le temps d'interaction de la première étape, nous pouvons varier la distance entre les
deux champs cohérents de la superposition et ainsi changer la sensibilité du système au
phénomène de décohérence. Nous avons développé un modèle phénoménologique du com-
portement du contraste en fonction du temps d'interaction nécessaire pour reconstruire
l'état initial.

Pour suivre l'état du champ pendant le processus de renversement du temps, nous
avons développé expérimentalement une méthode de mesure de la fonction Q associée à
l'état du champ dans la cavité. Nous l'avons appliquée à di�érents champs : le vide, l'état
de Fock à un photon, le champ cohérent. Nous avons observé ensuite l'évolution du champ
cohérent pendant le processus de renversement du temps. Juste avant la transformation
de renversement du temps, la séparation du champ cohérent initial en deux états a été
observée.
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La résurgence apparaît lorsque les deux champs cohérents de la superposition créée
se superposent à nouveau. Un autre moyen de réaliser cette opération consiste à créer la
superposition avec un premier atome et ensuite à faire interagir de manière résonnante le
champ produit avec un second atome. L'oscillation de Rabi quantique dans une superposi-
tion d'états cohérents est sensible à la cohérence de la superposition. Elles se manifestent
sur l'énergie de l'atome par des phénomènes similaires aux résurgences obtenues précé-
demment. Le contraste de ces résurgences est relié à la cohérence du système total. Nous
présentons dans cette thèse des résultats préliminaires sur l'évolution de la population ato-
mique d'un atome en interaction avec une superposition de champs cohérents de même
amplitude mais de phases di�érentes.

Organisation du mémoire

Le premier chapitre est consacré à l'étude théorique de l'oscillation de Rabi d'un
atome dans un champ cohérent. On insistera particulièrement sur les phénomènes d'ef-
fondrement et de résurgence de l'oscillation de Rabi. Dans l'approximation des champs
cohérents mésoscopiques, l'expression de l'état intriqué atome-champ expliquant ces deux
phénomènes sera explicitée. Nous donnerons ensuite une description du couplage du champ
à un environnement à température �nie et nous en déduirons l'in�uence du processus de
décohérence sur le contraste des résurgences induites. Les prédictions d'un modèle phéno-
ménologique seront comparées à une simulation de l'évolution du système atome-champ
couplé à un réservoir de température non nulle. Nous terminerons ce chapitre par une
application des résultats de l'approximation des champs mésoscopiques au problème de
l'oscillation de Rabi dans une superposition d'états cohérents.

Dans le deuxième chapitre, on décrira le dispositif expérimental et les expériences
préliminaires indispensables à l'interprétation des résultats. La première partie de ce cha-
pitre expliquera en détail comment notre système réalise la situation de l'interaction entre
un système à deux niveaux et un mode du champ électromagnétique. Dans la seconde
partie, nous présentons deux expériences préliminaires cruciales pour l'interprétation des
résultats du couplage résonnant entre l'atome et un champ cohérent. Premièrement, nous
évaluerons par l'analyse du signal d'oscillation de Rabi le nombre moyen de photons
présents dans le mode à l'équilibre thermodynamique. Cette mesure nous indiquera la
température du réservoir couplé au mode considéré. Nous verrons comment caractériser
totalement un champ cohérent, la calibration de son amplitude étant fondée sur l'interfé-
rométrie Ramsey.

Le troisième chapitre est dévolu à la description de la mesure de la fonction Q
du champ. Je détaillerai le principe de la mesure. Le protocole sera ensuite appliqué à
di�érents états produits dans le mode de la cavité. Nous insisterons sur la sensibilité de
cette mesure à la distribution de phase du champ.

Le quatrième chapitre contient les résultats des expériences au cours desquelles nous
avons montré la cohérence de l'état intriqué atome-champ produit lors de l'interaction
résonnante. Nous observons le phénomène de résurgence induite et nous mesurons la
fonction Q de l'état. En particulier, la séparation du champ en deux états cohérents ainsi
que la reconstruction du champ initial au point de recombinaison sont observées. A la �n
du chapitre, nous présentons les résultats préliminaires de l'interaction d'un second atome
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avec une superposition de champs cohérents produits par un premier atome.
En appendice nous avons résumé le travail que j'ai mené sur l'exploration d'une

nouvelle voie d'excitation laser des atomes de Rydberg. Par ce nouveau protocole d'ex-
citation, nous sommes capables d'exciter plus d'atomes dans les niveaux de Rydberg
circulaires. Dans l'appendice A, nous résumons les caractéristiques des états de Rydberg
dans un champ magnétique et un champ électrique. Dans l'appendice B, nous étudions
expérimentalement chacune des transitions excitées pour atteindre les niveaux de Ryd-
berg. En particulier, nous nous intéresserons à leur comportement en champ magnétique
et en champ électrique.



Chapitre 1

Éléments de théorie

Le but de ce chapitre est de donner une vision globale des outils théoriques néces-
saires à la description de l'expérience. La situation explorée par notre dispositif est le plus
simple exemple de l'interaction matière-rayonnement, où les deux systèmes sont traités
quantiquement.

Les deux premières parties de ce chapitre sont consacrées à la description et à la
caractérisation de l'état de chacun des deux systèmes libres : l'atome à deux niveaux et
le mode du champ électromagnétique. La troisième partie décrit leur couplage induit par
l'interaction dipolaire électrique. Il est représenté théoriquement par le hamiltonien de
Jaynes et Cummings [34]. Nous décrirons les deux régimes caractéristiques de l'interac-
tion : oscillation de Rabi quantique lorsque atome et champ sont résonnants, déplacement
de l'énergie propre de chaque système dans le cas où l'interaction est dispersive.

Un cas particulier intéressant apparaît avec le couplage résonnant entre un atome
et un état cohérent mésoscopique. L'oscillation de Rabi quantique verra son amplitude
s'e�ondrer et revivre périodiquement [29]. A l'approximation des champs mésoscopiques,
l'état de l'atome s'intrique avec deux champs cohérents mésoscopiques classiquement dis-
tincts. Nous expliciterons dans la quatrième partie l'expression de l'état intriqué atome-
champ à tout instant d'interaction. Nous donnerons en particulier les lois d'évolution
de chaque état cohérent produit et nous interpréterons les phénomènes de résurgence et
d'e�ondrement des oscillations de Rabi comme une conséquence de l'intrication atome-
champ. L'amplitude des oscillations de Rabi est non nulle uniquement dans le cas du
recouvrement des deux champs cohérents produits.

Une manière d'induire des résurgences consiste à appliquer au système une transfor-
mation de renversement du temps après un temps d'interaction supérieur au temps d'ef-
fondrement. Nous quali�erons ces résurgences d'induites. En particulier elles permettent
de distinguer les contributions de processus cohérents et incohérents sur l'évolution du
système. Au contraire des résurgences spontanées des oscillations de Rabi, nous mon-
trerons que le contraste des résurgences induites est unité sans dissipation. Elles seront
l'objet de la cinquième partie. Pour prédire le contraste des résurgences avec dissipation,
il est indispensable de décrire le couplage à l'environnement du système total. Dans notre
système, seul le champ est couplé à un environnement de température T non nulle. Dans
la partie 6, l'in�uence de la décohérence sur les superpositions de champs mésoscopiques,

13
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sur les oscillations de Rabi quantiques et sur les résurgences induites seront déduites
analytiquement à partir d'une équation maîtresse.

Une seconde option pour recombiner les deux composantes d'une superposition re-
pose sur l'interaction du champ avec un second atome. Nous appliquerons dans la partie 7
les outils développés précédemment à l'étude de l'oscillation de Rabi dans une superposi-
tion cohérente d'états mésoscopiques cohérents. Le caractère cohérent de la superposition
se manifeste par l'intermédiaire de résurgences d'oscillations sur l'évolution de la popula-
tion atomique.
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1.1 L'atome à deux niveaux
Le premier acteur de l'interaction est un atome à deux niveaux. Il s'agit de la plus

simple description quantique d'un atome. Un tel système est équivalent à un spin 1/2 [35].

1.1.1 Hamiltonien libre
Nous considérons les deux états atomiques |e〉 et |g〉. En prenant la référence d'éner-

gie entre les deux niveaux (cette convention sera préservée dans tout le manuscrit), le
hamiltonien libre de l'atome est :

Ĥat =
~ωeg

2
(|e〉 〈e| − |g〉 〈g|) (1.1)

où ωeg est la fréquence de la transition atomique. Pour décrire le couplage de l'atome au
champ électromagnétique, il est important de dé�nir l'opérateur dipôle atomique D̂ :

D̂ = deg(|e〉 〈g| + |g〉 〈e|) (1.2)
où deg = 〈e| qR |g〉 est l'élément de matrice dipolaire entre les deux niveaux atomiques
de la transition.

1.1.2 La sphère de Bloch
La représentation de l'état de l'atome à deux niveaux sur la sphère de Bloch est

analogue à sa description par une matrice densité. L'opérateur densité ρ̂at est une matrice
2×2, hermitique, dé�nie positive et de trace 1. Une base possible des matrices hermitiques
2×2 est l'ensemble de 4 matrices formé par les matrices de Pauli et l'identité σx, σy, σz, I.

Î =

(
1 0
0 1

)
σ̂z =

(
1 0
0 −1

)
σ̂x =

(
0 1
1 0

)
σ̂y =

(
0 −i
i 0

)
(1.3)

La condition de trace unité réduit le nombre de paramètres réels nécessaires pour ca-
ractériser une matrice densité à 3. Mathématiquement, la matrice densité pourra s'écrire :

ρ̂at =
1

2
(I + u.σ̂) (1.4)

L'état est complètement dé�ni par le vecteur de Bloch u = uxnx + uyny + uznz. Un
calcul immédiat montre que u est la valeur moyenne de l'opérateur σ̂.

〈σ̂〉 = u (1.5)

Par conséquent u existe dans une boule de rayon 1. Chaque état correspondera donc
à un vecteur. La pureté d'un état à deux niveaux est quanti�ée par Tr[ρ̂2].

Tr[ρ̂2] =
1

2
[1 + |u|2] (1.6)
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Tout vecteur u de norme 1 représente un état pur. Tous les points de la sphère
correspondent donc à des états purs. Les états mélanges statistiques sont, eux, représentés
par des vecteurs de norme inférieure à 1.

1.1.3 Interaction avec une source classique
Le vecteur de Bloch est très commode, en particulier pour décrire l'interaction d'un

atome à deux niveaux avec une source classique. Le couplage à une source classique de
champ électrique E(t) = E cos(ωct + φ) (ωc et φ sont respectivement la fréquence et la
phase de la source) est décrit, dans l'approximation dipolaire électrique, par le hamiltonien
de couplage HI :

ĤI = −deg.E(t).(|e〉 〈g| + |g〉 〈e|) = −deg.E(t)σ̂x (1.7)

Le hamiltonien complet a pour expression :

Ĥ =
~ωat

2
σ̂z − deg.E(t)σ̂x (1.8)

Dans le référentiel tournant à la fréquence de la source classique, le hamiltonien du système
s'écrit, à l'approximation séculaire :

˜̂
H =

~δcl
2
σ̂z +

~Ωcl

2
(cos(φ)σ̂x + sin(φ)σ̂y) (1.9)

où Ωcl = −2deg.E/~ représente l'intensité de couplage et δcl = ωeg−ωcl le désaccord entre
la fréquence de la source classique et la fréquence de la transition atomique. Pendant
l'interaction avec une source classique le vecteur u précesse autour du vecteur champ
magnétique �ctif Ωeff = Ωcl(cos(φ)nx + sin(φ)ny) + δclnz à une fréquence |Ωeff | =√

Ω2
cl + δ2

cl. Un tel phénomène est représenté sur la �gure 1.1b.
On se place dans le cas où la phase φ est nulle. La �gure 1.1a représente la situation

de couplage résonnant sur la sphère de Bloch (δcl = 0). Le vecteur de Bloch u précesse
autour du vecteur Ωnx à une pulsation Ω. Les vecteurs propres |+〉 et |−〉 du hamiltonien
dans le référentiel tournant sont alors dé�nis par :

|+〉 = 1√
2
(|e〉 + |g〉)

|−〉 = 1√
2
(|e〉 − |g〉)

(1.10)

Ainsi, si l'atome est initialement préparé dans l'état |e〉, le vecteur d'onde de l'atome après
une interaction de durée t a pour expression :

|Ψ(t)〉 =
1√
2
[e−iΩclt/2 |+〉 + eiΩclt/2 |−〉] (1.11)

La valeur moyenne de l'opérateur σz et la probabilité de détecter l'atome dans l'état |e〉
s'écrivent alors comme :
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Fig. 1.1 � Oscillation de Rabi classique dans la sphère de Bloch (a) Lors du couplage
résonnant, le vecteur de Bloch u précesse autour du vecteur Ωclnx à une pulsation Ωcl.
(b) Lors du couplage non résonant, le vecteur de Bloch u précesse autour du vecteur
Ωeff = Ωcl(cos(φ)nx + sin(φ)ny) + δclnz à une pulsation de

√
Ω2
cl + δ2

cl.

〈σ̂z(t)〉 = cos(Ωclt)

Pe(t) = 1
2
(1 + cos(Ωclt))

(1.12)

Cette évolution montre une interférence quantique entre les états |+〉 et |−〉, ana-
logue à celle discutée en introduction. Initialement, en préparant l'état |e〉, une superpo-
sition des deux états propres est créée. En raison de leur di�érence d'énergie, les deux
états acquièrent au bout d'un temps t d'interaction une di�érence de phase. Le processus
de mesure constitue la phase de mélange. L'état atomique pourra suivre deux chemins
di�érents entre l'état initial et l'état �nal. Cette incertitude se traduit par un phénomène
d'interférence quantique. Notons quelques temps d'interaction intéressants pour la mani-
pulation individuelle d'un atome. Après un temps dé�ni par Ωclt = π/2 ou "impulsion
π/2", une superposition cohérente est créée.

|ψ(t = π/2)〉 =
1√
2
(|e〉 − i |g〉) (1.13)

A Ωclt = π ou impulsion π, la population atomique a été transférée de manière
déterministe dans l'état |g〉.

Finalement pour Ωt = 2π l'atome se retrouve à une phase π près dans l'état initial.
Le changement de signe de la fonction d'onde est caractéristique des spins 1/2.
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1.2 Le champ électromagnétique
Le second acteur de l'interaction est un des modes résonnants d'une cavité Fabry-

Pérot. La quanti�cation du champ électromagnétique décrit chaque mode du champ élec-
tromagnétique comme un oscillateur harmonique [36].

1.2.1 Description et caractéristiques quantiques d'un mode du
champ électromagnétique : analogie avec l'oscillateur har-
monique

Concentrons-nous sur le cas du champ électromagnétique stocké dans une cavité
formée de deux miroirs sphériques en con�guration Fabry-Pérot. Pour des miroirs parfaits,
la fréquence du champ contenu dans cette cavité ne peut prendre qu'un ensemble discret
de valeurs. Considérons l'un de ces modes résonnants dé�ni par sa fréquence ω et sa
polarisation ǫ. La dynamique classique de ce mode du champ est gérée par les équations
de Maxwell et elle est analogue à celle d'un oscillateur harmonique.

Quanti�er le champ revient alors à lui associer un opérateur d'annihilation a et un
opérateur création a† d'oscillateur harmonique de fréquence égale à ω. Ces opérateurs
véri�ent la relation de commutation [a, a†] = 1. Le niveau fondamental est le vide électro-
magétique. Appliquer a† sur le vide crée un photon. Le hamiltonien libre Hmode du mode
quanti�é a alors pour expression :

Ĥmode = ~ω(â†â+
1

2
) (1.14)

L'opérateur champ électrique associé en représentation de Schrödinger a pour expression
au point r :

Ê(r) = E0f(r)(â+ â†) (1.15)

où la fonction f(r) est caractéristique de la géométrie du mode électromagnétique réson-
nant dans la cavité Fabry-Pérot. Elle est normalisée de telle manière que |f(r)| = 1 au
maximum absolu de l'amplitude. Le volume e�ectif du mode est alors dé�ni comme :

Vmode =

∫
d3

r|f(r)|2 (1.16)

Ainsi la constante E0, homogène à un champ électrique, s'écrit :

E0 =

√
~ω

2ǫ0Vmode
(1.17)

où ǫ0 est la constante diélectrique du vide. La constante E0 correspond à l'amplitude
caractéristique des �uctuations du vide.

Le champ peut être décrit de manière équivalente en terme d'opérateurs quadratures,
deux observables conjuguées q̂ et p̂ analogues respectivement à l'observable position et à
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l'observable quantité du mouvement d'un oscillateur harmonique matériel :

q̂ =
1

2
(â+ â†)

p̂ =
1

2i
(â− â†)

[q̂, p̂] =
i

2

(1.18)

Les deux opérateurs q̂ et p̂ correspondent à des variables classiques conjugués et véri-
�ent les inégalités de Heisenberg : ∆q̂θ∆p̂θ ≥ 1/4. Nous pouvons également dé�nir les
opérateurs quadratures généralisées :

q̂θ = q̂ cos θ + p̂ sin θ =
1

2
(âeiθ + â†e−iθ) (1.19)

(1.20)

p̂θ = −q̂ sin θ + p̂ cos θ =
1

2i
(âeiθ − â†e−iθ)

Ils correspondent, dans la représentation dans l'espace des phases, à des quadratures
dé�nies selon deux axes perpendiculaires obtenus par une rotation d'un angle θ par rapport
aux quadratures q̂ et p̂. Ils véri�ent les mêmes relations de commutation que q̂ et p̂.
Par conséquent, les opérateurs q̂θ et p̂θ satisfont la relation d'incertitude d'Heisenberg
∆q̂θ∆p̂θ ≥ 1/4. Nous allons maintenant étudier un état particulier du champ : l'état
cohérent.

1.2.2 Etat cohérent
Par dé�nition, cet état est obtenu à partir du vide en appliquant l'opérateur dépla-

cement D̂(α) = eαâ
†−α∗â où α est un nombre complexe.

|α〉 = D̂(α) |0〉 =
∞∑

n=0

Cn(α) |n〉 (1.21)

avec Cn(α) = e−|α|2/2αn/
√
n!. Notons que deux paramètres réels su�sent pour dé�nir

cet état. L'état cohérent est état propre de l'opérateur annihilation â et sa valeur propre
associée est α.

â |α〉 = α |α〉 (1.22)

Nous allons montrer maintenant qu'un état cohérent peut être généré par un courant
classique. L'interaction entre un mode quantique du champ et une source de courant
classique est décrite théoriquement par le hamiltonien d'interaction :

V̂ (r, t) = −J(r, t).Â(r) (1.23)
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où J(r, t) = J0 cos(ωst)δ(r) représente le courant classique et Â(r) = −iE0

ωs
f(r)(â−

â†) le potentiel vecteur associé au champ électrique Ê(r). En représentation d'interaction
et dans la condition de résonance stricte (ωs = ω), le hamiltonien ˜̂

Hcl total s'écrit à
l'approximation séculaire :

˜̂
Hcl = (ηâ† − η∗â) (1.24)

où η = −iJ0.f(r)E0

ωs
. Après un temps d'interaction t, le champ initialement vide sera dans

l'état.

|ψchamp〉 = e−i
˜̂
Hclt/~ |0〉 = D(−iηt/~) |0〉 (1.25)

L'opérateur d'évolution du champ quantique obtenu lors de son couplage avec un
courant classique correspond exactement à l'opérateur déplacement. L'état cohérent est
donc l'état créé par une source classique à partir du vide. En ce sens, il est l'état quantique
se rapprochant le plus d'un état classique. Nous allons voir maintenant comment les
observables du champ prennent, dans cet état, des valeurs moyennes proches de celle d'un
champ classique d'amplitude complexe α.

Sous l'action du hamiltonien propre Hmode, l'état du champ initialement dans l'état
|α〉 a, en représentation de Schrödinger, pour expression :

|Ψ(t)〉 = e−iĤmodet/~ |α〉 = e−iωt/2
∣∣αe−iωt

〉
(1.26)

|Ψ(t)〉 reste un état cohérent avec une amplitude égale à αe−iωt. A l'instant t, les valeurs
moyennes des opérateurs champ électrique, énergie et quadrature ont pour expression
dans cet état :

〈α| Ĥ |α〉 = ~ω(|α|2 + 1/2) (1.27)

〈α| Ê |α〉 = E0f(r)ǫ (αe−iωt + α∗eiωt) (1.28)

〈α| q̂ |α〉 =
1

2
(αe−iωt + α∗eiωt) (1.29)

〈α| p̂ |α〉 =
1

2i
(αe−iωt − α∗eiωt) (1.30)

〈α| q̂θ |α〉 =
1

2
(αe−iωt+iθ + α∗eiωt−iθ) (1.31)

〈α| p̂θ |α〉 =
i

2
(αe−iωt+iθ − α∗eiωt−iθ) (1.32)

Le caractère quantique de cet état est présent dans les moments d'ordre 2 du champ ou
dans les �uctuations. Ainsi, calculons la valeur moyenne du carré du champ électrique
pour l'état cohérent :



Éléments de théorie 21

〈α| Ê2 |α〉 = E2
0f(r)2(α∗2 + α2 + (2|α|2 + 1)) (1.33)

∆E =

√
〈α| Ê2 |α〉 − 〈α| Ê |α〉2 = E2

0f(r)2 (1.34)

Même pour une amplitude nulle, le champ électrique est caractérisé par des �uctuations
non nulles et �nies. Par un calcul similaire, on déduit les �uctuations des quadratures :

∆q = ∆p = ∆qθ = ∆pθ = 1/2 (1.35)

Par conséquent, les états cohérents sont des états minimaux pour les relations de
Heisenberg. La distribution du nombre de photons associée à un état cohérent est une loi
de Poisson. Le nombre moyen de photon est n̄ = |α|2 et l'écart type est ∆n =

√
n̄ = |α|.

La représentation dans le plan complexe d'un champ classique est un vecteur. La norme
de ce vecteur représente le module de l'amplitude du champ associé et sa phase son
argument. La �gure (1.2) représente le champ cohérent

∣∣|α|eiφ
〉
dans l'espace des phases.

Pour représenter le caractère quantique, un cercle de diamètre 1 représente l'incertitude
d'Heisenberg sur la longueur et la direction du vecteur dans le plan de Fresnel. Les axes
correspondent à un jeu de quadratures. Ils sont dé�nis tels que la projection sur chacun des
axes correspond à la valeur moyenne de la quadrature considérée. Changer de quadratures
revient juste, dans cette image, à opérer une rotation des axes de l'angle entre les deux
quadratures. A l'instar du champ classique, les deux quadratures tournent en fonction du
temps dans l'espace des phases à la fréquence ω.

Comme on s'y attend, plus le nombre moyen de photons |α|2 du champ est grand,
moins les �uctuations quantiques sont importantes en valeur relative. Pour montrer cet
e�et, considérons la �gure 1.3. À partir de l'inégalité d'Heisenberg, portant sur les opéra-
teurs q̂ et p̂, nous pouvons dériver une relation qualitative pour l'incertitude sur la phase
du champ cohérent :

∆φ =
1

|α| (1.36)

La variance du nombre de photons vaut ∆n =
√
n̄ = |α|. On obtient la minimisation de

la relation d'incertitude de Heisenberg pour les variables n et φ :

∆n∆φ = 1 (1.37)
Pour une amplitude α véri�ant |α| ≫ 1 (limite du grand nombre de photons), les disper-
sions du nombre moyen de photons et de la phase sont négligeables en valeurs relatives
(voir �gure 1.4a). Dans cette limite, les états cohérents ont une amplitude et une phase
bien dé�nies et sont donc considérés comme des états quasi-classiques .

Par contre, dans le cas où α ∼ 1 (voir �gure 1.4b), les �uctuations quantiques
sont de l'ordre de grandeur de l'amplitude du champ et, par conséquent, cet état a un
comportement dominé par ses caractéristiques quantiques .
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Fig. 1.2 � Illustration graphique de la représentation du champ dans deux quadratures
di�érentes.
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Fig. 1.3 � Illustration graphique de la relation ∆pθ∆qθ pour un champ cohérent.
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Fig. 1.4 � Représentation d'un champ cohérent |α〉 dans le plan complexe. (a) α ≫ 1. (b)
α ∼ 1.

En conclusion, en variant l'amplitude du champ cohérent, nous sommes capables
d'explorer la limite classique-quantique. Les expériences présentées dans ce manuscrit
utilisent un champ cohérent de quelques dizaines de photons : un régime intermédiaire
entre quantique et classique appelé mésoscopique. La représentation qualitative du champ
présentée dans ce chapitre constitue en fait de manière rigoureuse la coupe d'une fonction
dite Q, caractéristique de l'état représenté, par un plan horizontal dé�ni par la valeur 1/e.
Cette fonction fait partie d'une classe de représentation de l'état du champ. Nous allons
maintenant introduire ces di�érentes représentations.

1.2.3 Distributions de Quasi-Probabilité d'un état du mode du
champ électromagnétique

En mécanique classique, la description statistique d'un système fait appel à la notion
de distribution de probabilité. Par exemple pour évaluer la moyenne d'une grandeur F
pour une particule évoluant à une dimension, on réalise l'intégrale sur les points de l'espace
des phases {x, p} de la fonction f(x, p) associée à la grandeur F pondérée par la probabilité
P (x, p) de présence de la particule en ce point.

〈F̂ 〉 =

∫
dxdpP (x, p)f(x, p) (1.38)

Les propriétés quantiques des systèmes nous amènent à utiliser des fonctions de quasi-
distribution dites de Glauber. De manière générale, les propriétés statistiques d'un système
quantique sont décrites par sa matrice densité ρ. La valeur moyenne de l'opérateur F̂ est
dé�nie par :

〈F̂ 〉 = Tr(ρ̂F̂ ) (1.39)
L'interêt des fonctions de quasi distribution est de mettre l'expression (1.39) sous la forme
(1.38). Ces représentations, d'abord utilisées pour décrire des particules matérielles [37],
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ont été très intensément utilisées dans le cadre de l'optique quantique pour caractéri-
ser l'état d'un mode du champ électromagnétique [38, 39, 40]. Nous dé�nirons, dans un
premier temps, le cadre général de ces fonctions de quasi-distributions et leurs règles
d'utilisation. Deux exemples seront abordés par la suite : la fonction Q et la fonction de
Wigner.

1.2.3.a La fonction de quasi-probabilité généralisée

En raison de l'existence d'observables non commutatives en mécanique quantique, il
n'existe pas une unique manière d'associer à un opérateur ou à un état, une fonction réelle
dé�nie sur l'espace des phases décrivant toutes leurs propriétés physiques. Par exemple
considérons la fonction f(β) = |β|2. L'opérateur associé à cette fonction pourra être ââ†,
â†â ou toutes combinaisons linéaires des deux. Cette indétermination sera représentée
dans le formalisme par un paramètre s complexe. Ce dernier est directement relié à la
façon dont on ordonne les opérateurs â et â†.

Nous dé�nissons les produits s-ordonnés {(â†)nâm}s des opérateurs (â†)n et âm par
l'intermédiaire de la série de Taylor de l'opérateur D̂g(β, β

∗, s) dit de "déplacement géné-
ralisé" :

D̂g(β, β
∗, s) = D̂(β)es|β|

2
=
∑∞

n,m=0
(−β)∗n(β)m

n!m!
{(â†)nâm}s (1.40)

où D̂(β) = eβâ
†−β∗â est l'opérateur de déplacement. Les produits normal, antinormal et

symétrique sont alors dé�nis pour s = 1, s = −1 et s = 0 :

{(â†)nâm}1 = (â†)nâm (1.41)

{(â†)nâm}−1 = âm(â†)n (1.42)

{(â†)nâm}0 =
1

m+ n+ 1

∑

i+j=m+n

(â†)iâj (1.43)

Les produits s-ordonnés dé�nissent une base des opérateurs. A s �xé, tout opéra-
teur peut être exprimé sur la base formée par les produits s-ordonnés. Les problèmes de
convergences liés à cette décomposition sont discutés dans [41]. Par exemple, la fonction
|β|2 sera reliée à l'opérateur {â†â}s

Une fois choisi le produit s-ordonné, nous dé�nissons formellement l'opérateur T̂ (β, β∗, s)
comme la transformée de Fourier complexe de D̂(β, β∗, s) :

T̂ (β, β∗, s) =

∫
d2ξ D̂g(ξ, ξ

∗, s)eβξ
∗−β∗ξ (1.44)

A partir de cette dé�nition, la fonction de Wigner généralisée associée à l'état caractérisé
par la matrice densité ρ̂ pour un s donné a pour expression :
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πWρ(β, β
∗, s) = Tr[T̂ (β, β∗, s)ρ̂] (1.45)

La fonction de Wigner Wρ(β, β
∗, s) généralisée s'interprète comme la valeur moyenne de

l'opérateur T̂ (β, β∗, s). Cette remarque nous pousse à expliciter les caractéristiques spec-
trales de T̂ (β, β∗, s). Ses valeurs propres λn,T̂ (β,β∗,s) et ses vecteurs propres

∣∣∣n, T̂ (β, β∗, s)
〉

indicés par n sont calculables explicitement [41] et ont pour expression :

λn,T̂ (β,β∗,s) =
2

1 − s

(
s+ 1

s− 1

)n
(1.46)

∣∣∣n, T̂ (β, β∗, s)
〉

= D̂(β) |n〉 (1.47)

A partir de cette diagonalisation, l'opérateur T̂ (β, β∗, s) a pour expression :

T̂ (β, β∗, s) =
∑

n≥0

2

1 − s

(
s+ 1

s− 1

)n
D̂(β) |n〉 〈n| D̂(−β) (1.48)

On remarque que les valeurs propres sont indépendantes de β et β∗ (mais dépendantes de
s), toute l'information sur la variable complexe β est contenue dans les vecteurs propres.
Ces derniers sont indépendants du paramètre s. Finalement, une expression très commode
de T̂ (β, β∗, s) fait apparaître l'opérateur T̂ (0, 0, s) =

∑
n≥0

2
1−s(

s+1
s−1

)n |n〉 〈n| :

T̂ (β, β∗, s) = D̂(β)T̂ (0, 0, s)D̂(−β) (1.49)
En utilisant l'invariance de l'opération de trace dans une permutation circulaire, nous
réexprimons la dé�nition (1.45) la fonction Wρ(β, β

∗, s) sous la forme :

πWρ(β, β
∗, s) = Tr[D̂(−β)ρ̂D̂(β)T̂ (0, 0, s)] (1.50)

A chaque point de l'espace des phases β, la fonction de quasidistribution généralisée
Wρ(β, β

∗, s) s'interprète donc comme la valeur moyenne de l'opérateur T (0, s) sur l'état
ρ déplacé d'une amplitude −β. Au même titre que la matrice densité ρ, cette fonction
contient toute l'information sur l'état du système.

Grâce à la fonction de Wigner généralisée, nous sommes capables d'exprimer la
valeur moyenne d'un opérateur Â à s �xé sous une forme analogue à (1.38) :

〈Â〉 =

∫
d2β Wρ(β, β

∗, s)f Âs (β, β∗) (1.51)

Comme dans le cas de la mécanique statistique classique, la valeur moyenne d'un
opérateur sera la moyenne sur l'espace des phases du produit de deux fonction, l'une
caractéristique de l'état, W (β, β∗, s), et l'autre de l'observable Â. Comme attendu, la
fonction relative à l'opérateur sera exprimée en utilisant le développement de l'opérateur
sur la base des produits s-ordonnés selon la recette suivante. Pour dériver f Âs (β, β∗) il faut
écrire l'opérateur Â en fonction des produits s-ordonnés opérateurs {(â†)nâm}s :
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Â =
∞∑

n,m=0

f Â,sn,m{â†nâm}s (1.52)

Finalement on dé�nit f Âs comme suit :

f Âs (β, β∗) =
∞∑

n,m=0

f Â,sn,mβ
∗nβm (1.53)

Appliquons les résultats précédents à l'opérateur de déplacement généralisé (non
hermitique). Alors on obtient la relation suivante :

Tr[ρDg(ξ, ξ
∗, s)] =

1

π

∫
d2β Wρ(β, β

∗, s)eξβ
∗−ξ∗β (1.54)

On reconnaît alors la dé�nition de la transformée de Fourier de de la fonction de Wigner
généralisée Wρ(β, β

∗, s). On l'appelle la fonction caractéristique et on la note χ(ξ, ξ∗, s).
Le lien entre les di�érentes fonctions caractéristiques associées au même état ρ mais pour
di�érents s est évident à partir de la relation de Glauber :

χ(ξ, ξ∗, s) = es|ξ|
2

χ(ξ, ξ∗, 0) (1.55)

Si deux matrices densités ont la même fonction de Wigner généralisée, la valeur
moyenne de tout opérateur sera la même. Physiquement, il n'y aura aucun moyen pour
di�érencier ces deux états. Par conséquent il s'agira du même état physique. On déduit
ainsi l'unicité de la fonction de Wigner généralisée.

Nous allons présenter dans la partie suivante les exemples correspondant à s = 0
et s = −1 appelés respectivement fonction de Wigner et fonction Q. Ces deux quasi-
distributions ont une importance toute particulière : un protocole de mesure de ces fonc-
tions est disponible dans notre expérience.

1.2.3.b La fonction Q

La fonction Q correspond à la fonction de Wigner généralisée pour s = −1. L'opéra-
teur T (0, 0,−1) = |0〉 〈0| s'interprète comme la projection sur l'état du vide de photon. En
utilisant la relation (1.45), la fonction Qρ(β, β

∗) d'un état quelconque ρ a pour expression :

πQρ(β, β
∗) = Tr[D̂(−β)ρ̂D̂(β) |0〉 〈0|] = 〈β| ρ̂ |β〉 (1.56)

Au point de l'espace des phases β, la fonction Q s'interprète comme le carré du produit
scalaire de l'état considéré avec l'état cohérent d'amplitude β. La fonction Q associée à un
état a toutes les propriétés escomptées pour être une bonne distribution de probabilité.
Elle est positive, de manière évidente, bornée par 1/π et in�niment dérivable. Son intégrale
sur l'espace des phases est égale à 1.

∫
dβdβ∗Qρ(β, β

∗) = 1 (1.57)
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1.2.3.c La fonction de Wigner

La fonction de Wigner Wρ̂(β, β
∗) correspond au cas où le paramètre s est égal à 0.

L'opérateur T̂ (0, 0, 0) = 2(−1)â
†â est l'opérateur parité P̂ du champ. La valeur propre de

l'opérateur T̂ (β, β∗, 0) associée au vecteur propre D̂(β) |n〉 est 2(−1)n.

T̂ (β, β∗, 0) = 2
∑

n≥0

(−1)nD̂(β) |n〉 〈n| D̂(−β) = 2
∑

n≥0

eiπâ
†âD̂(β) |n〉 〈n| D̂(−β) (1.58)

En dé�nitive, la fonction associée à l'état ρ̂ a pour expression :

πWρ(β, β
∗) = 2Tr[eiπâ

†âD̂(−β)ρ̂D̂(β)] (1.59)
Cette expression borne W entre −2/π et 2/π. Par rapport à la fonction Q, la fonction de
Wigner peut être négative, ce qui rend problèmatique l'interprétation de cette fonction
comme une distribution de probabilité. La négativité de la fonction en général quanti�e
l'écart d'un état à la classicité. En dépit de ces propriétés, la fonction de Wigner est
indé�niment dérivable et son intégrale sur l'espace des phases vaut 1.

∫
dβdβ∗W (β, β∗) = 1 (1.60)

Une autre écriture de la fonction de Wigner permet de comprendre ses spéci�cités
par rapport à la fonction Q. Sur la base des états position |x〉, la fonction de Wigner a
pour expression (avec β = x+ iy)[37] :

πW (β, β∗) =
1

π

∫
dx′e−2ix′p 〈x+ x′/2| ρ̂ |x− x′/2〉 (1.61)

Pour un état pur |ψ〉, la fonction à intégrer sur l'espace des phases sera le produit
des produits scalaires entre l'état considéré |ψ〉 et les deux états états positions |x+ x′/2〉
et |x− x′/2〉. Cette propriété explique la sensibilité de la fonction de Wigner aux états
superpositions d'états cohérents.

1.2.4 Quelques exemples de fonction Q et de fonction de Wigner
1.2.4.a Etats cohérents

Tout champ cohérent d'amplitude α a pour fonction Q une gaussienne de demi-
largeur 1 à 1/e et centrés dans l'espace des phases en α.

Q|α〉〈α|(β, β
∗) =

1

π
e−|α−β|2 (1.62)

Notons que le vide est un état cohérent d'amplitude nulle. Par conséquent la fonction
Q associé au vide est une gaussienne centrée en 0. La fonction de Wigner associée à un
champ cohérent est, elle aussi, une gaussienne mais cette fois la largeur est égale à 1/

√
2.
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W|α〉〈α|(β, β
∗) =

2

π
e−2|α−β|2 (1.63)

Les �gures 1.5 et 1.6 reproduisent les fonctions Q et W associées respectivement à l'état
de vide et à l'état cohérent d'amplitude α = 2 + 2i. La di�érence entre la fonction Q et
la fonction de Wigner d'états cohérents porte uniquement sur la largeur des gaussiennes
associées.
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Fig. 1.5 � Fonctions Q et W du vide

1.2.4.b Etats thermiques

L'état thermique est dé�ni par le nombre moyen de photons n̄th présents dans le
mode du champ électromagnétique. La matrice densité associée à cet état a pour expres-
sion :

ρth =
∑

i≥0

(n̄th)
i

(n̄th + 1)i+1
|i〉 〈i| (1.64)

Les fonctions Q et W associées à cet état seront, une nouvelle fois, des gaussiennes.
La di�érence avec l'état vide se situera essentiellement dans les largeurs de ces deux
distributions. Pour Q, la demi largeur à 1/e est égale à

√
n̄th + 1. L'expression de cette

distribution est la suivante :

πQρth(β, β
∗) =

1

nth + 1
e
− |β|2
nth+1 (1.65)

Pour W , la largeur de la gaussienne vaudra
√
n̄th + 1/2. La distribution W a pour ex-

pression :
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Fig. 1.6 � Fonctions Q et W d'un champ cohérent de paramètre α = 2 + 2i.

πWρth(β, β
∗) =

2

2nth + 1
e
− 2|β|2

2nth+1 (1.66)

Le champ thermique déplacé d'une amplitude β a pour matrice densité :

ρth,α = D(α)ρthD(−α) (1.67)
Les fonctions Q et W correspondant à cet état sont obtenues simplement par une trans-
lation d'une amplitude α des fonctions Q et W du champ thermique :

πQρth,α(β, β
∗) =

1

nth + 1
e
− |α−β|2
nth+1 (1.68)

(1.69)

πWρth,α(β, β
∗) =

2

2nth + 1
e
− 2|α−β|2

2nth+1 (1.70)

Les états abordés jusqu'ici sont classiques. Ils sont tous associés à des fonctions Q
et W de forme gaussienne. Les états à caractère plus quantiques seront associés à des
fonctions de quasi-distributions di�érentes d'une gaussienne.

1.2.4.c Les états nombres

Un exemple est l'état de Fock à un photon |1〉. Il s'agit d'un état très non classique.
L'expression de sa fonction Q(β, β∗) est la suivante :

Q|1〉〈1|(β, β
∗) =

1

π
|β|2e−|β|2 (1.71)
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L'expression de sa fonction W (β, β∗) est la suivante :

W|1〉〈1|(β, β
∗) =

2

π
(4|β|2 − 1)e−2|β|2 (1.72)

Les di�érences entre la fonction Q et la fonction de Wigner d'un état à un photon
sont plus a�rmées que dans le cas de l'état cohérent (voir �gure 1.7). La fonction de
Wigner est négative à l'origine de l'espace des phases, là où la fonction Q n'est que
nulle. Un état quantique sera souvent associé à une fonction de Wigner avec des valeurs
négatives.

-4
-2

0
2

4

-1,0

-0,5

0,0

0,5

1,0

-4

-2
0

2
4

Q( )

Re
Im

-4
-2

0

2

4

-1,0

-0,5

0,0

0,5

1,0

-4
-2

0
2

4

W( )/2

Re Im

Fig. 1.7 � Fonctions Q et de Wigner de l'état de Fock à un photon |1〉

1.2.4.d Etats chats

Les di�érences entre la fonction Q et la fonction de Wigner sont particulièrement
apparentes lors de la comparaison des deux fonctions de quasi-distribution pour un état
superposition d'états cohérents. Un tel état est très intéressant car il est la superposition
de deux états quasi-classiques. Pour deux champs de phases opposées, il s'écrit :

|Ψchat〉 =
1√
Nchat

(|α〉 + |−α〉) (1.73)

où Nchat est le coe�cient de normalisation de l'état égal à 2(1 + e−|α|2). L'expression de
la fonction Qchat est :

Qchat(β, β
∗) =

1

2π(1 + e−2|α|2)

(
e−|α−β|2 + e−|α+β|2 + 2e−(|α|2+|β|2) cos[2Im(βα∗)]

)
(1.74)
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Fig. 1.8 � Fonction Q et de Wigner de l'état superposition de deux états cohérents
respectivement d'amplitude α =

√
5 et α = −

√
5

L'expression de la fonction Wigner Wchat est :

Wchat(β, β
∗) =

1

π(1 + e−2|α|2)

(
e−2|α−β|2 + e−2|α+β|2 + 2e−2|β|2 cos[4Im(βα∗)]

)
(1.75)

La �gure 1.8 présente la di�érence entre la fonction de Wigner et la fonction Q
associées à une superposition cohérente de deux champs cohérents d'amplitude respec-
tive α =

√
5 et α = −

√
5. La fonction de Wigner est caractérisée par des oscillations

de grand contraste égal à 2/π au voisinage de l'origine. Ces oscillations sont la signature
de la cohérence de la superposition étudiée. Dans le cas d'un mélange statistique, elles
disparaissent. On remarque que leur contraste au point origine est indépendant des carac-
téristiques des deux champs cohérents de la superposition. Ce constat explique pourquoi
la fonction de Wigner est très utile pour estimer l'e�et de la décohérence : le contraste
au point de l'espace des phases dé�ni comme la di�érence des amplitudes de chacun des
états cohérents de la superposition est uniquement dépendant de la perte de cohérence
de la superposition. Nous utiliserons cette propriété pour estimer l'e�et du processus de
décohérence dans notre expérience.

Les oscillations présentées ont un équivalent sur la fonction Q, visible pour des
petits champs cohérents. Mais leur contraste est exponentionnellement réduit quand la
distance, dans l'espace des phases, entre les champs cohérents de la superposition croît. La
fonction Q n'est donc pas très sensible aux cohérences mésoscopiques entre états cohérents
di�érents. Néanmoins, nous verrons que, expérimentalement, la mesure de cette fonction
est plus facile à mettre en oeuvre que la mesure de la fonctionW et qu'elle est intéressante
pour caractériser la distribution de phase du champ.
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Dans la suite, nous serons amenés à considérer des superpositions de champs cohé-
rents de même amplitude mais de phases di�érentes. L'expression de l'état est générale-
ment écrite de la manière suivante (on suppose α réel) :

|Ψchat,ψ,η〉 =
1√

Nchat,ψ,η

(
∣∣αeiψ

〉
+ eiη

∣∣αe−iψ
〉
) (1.76)

avec Nchat,ψ,η le coe�cient de normalisation de

Nchat,ψ,η = 2
[
1 + e−|α|2 cos(2ψ) cos(|α|2 sin(2ψ) − η)

]
(1.77)

La fonction de Wigner Wchat,ψ,η(β, β
∗) associée à cet état est (avec β = βR + iβI) :

πWchat,ψ,η(β, β
∗) =

2

Nchat,ψ,η

(
e−2|β−αeiψ|2 + e−2|β−αe−iψ |2 (1.78)

+2e−2β2
I−2(βR−α cos(ψ))2 cos[4βRα sin(ψ) − α2 sin(2ψ) − η]

)

Au point β = α cos(ψ), le coe�cient multiplicatif de la fonction sinusoïdale est indépen-
dant de α et égal à 2/π.
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1.3 Le couplage entre un atome à deux niveaux et un
mode du champ électromagnétique

Dans le premier paragraphe (1.1), nous avons décrit l'interaction d'un atome avec
une source classique. Cette interaction est à la base de toutes les manipulations indi-
viduelles de l'atome. Ici, le champ sera décrit quantiquement et nous analyserons les
conséquences sur le système total de l'interaction entre ces deux objets quantiques.

1.3.1 Le Hamiltonien de Jaynes et Cummings
A l'approximation dipolaire électrique, le hamiltonien d'interaction a pour expres-

sion Ĥdip = −d̂ ·Ê. En utilisant les expressions du dipôle atomique et du champ électrique
quanti�é, l'expression de ce hamiltonien devient :

Ĥdip = −E0f(r)
(
deg · ǫ |e〉〈g| â+ d

∗
eg · ǫ∗ |e〉〈g| â† + h. c.

)
(1.79)

En appliquant la transformation R(t) = e−iωt/2(|e〉〈e|−|g〉〈g|)−iωt(â†â+1/2), le hamiltonien d'in-
teraction s'écrit dans l'approximation séculaire :

ˆ̃
Hdip = R̂−1(t)ĤdipR̂(t)

= ~
Ω0

2
f(r)

(
|e〉〈g| â+ |g〉〈e| â†

) (1.80)

où Ω0

2
= −E0deg · ǫ est appelée "fréquence de Rabi du vide". La dépendance spatiale

du hamiltonien de couplage est reliée à la structure spatiale du mode. Dans l'expression
(1.80), elle est décrit par la fonction f(r). Dans ce chapitre, nous considérerons la fonction
f(r) comme uniforme et égale à 1, ce qui équivaut à considérer l'atome �xe au centre du
mode.

La transformation R(t) est l'équivalent du passage dans le référentiel tournant utilisé
dans le cas classique. Elle est similaire à la représentation d'interaction à ceci près que
la référence de fréquence, égale à la fréquence du champ, est la même pour le champ et
l'atome.

Ce hamiltonien de couplage est linéaire en fonction des opérateurs a et |e〉〈g| et
leur hermitique conjugué. Il a une interprétation simple : le premier terme correspond
à l'absorption d'un photon par l'atome, le second à l'émission. Avec un choix de phases
appropriées, la fréquence de Rabi du vide Ω0 est réelle et positive. Elle caractérise la force
du couplage entre l'atome et le champ. Nous voyons sur cette expression comment, du
point de vue atomique, un grand dipôle deg et, du point de vue du champ, un grand
champ électrique par photon E0 augmenteront le couplage.

En ajoutant les hamiltoniens des systèmes libres, nous obtenons le Hamiltonien de
Jaynes et Cummings ĤJC [34], dans le référentiel tournant à la fréquence du mode :

ĤJC = R−1(t)(Hdip +Hat +Hchamp)R(t)
= ~δ

2

(
|e〉〈e| − |g〉〈g|

)
+ ~

Ω0

2

(
|e〉〈g| â+ |g〉〈e| â†

) (1.81)
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où δ = ωeg − ω est le désaccord entre l'atome et le champ. En vertu de la simplicité
du hamiltonien complet ĤJC, il existe une solution exacte, analytique et simple à la
dynamique du système couplé .

1.3.2 Les états habillés
Nous allons maintenant déterminer les valeurs propres et vecteurs propres du hamil-

tonien (1.81) Une propriété importante va nous permettre de résoudre complètement le
problème du hamiltonien ĤJC et connaître ainsi la dynamique du système atome-champ en
interaction. Les sous espaces Sn à deux dimensions formés par les états |e, n〉 et |g, n+ 1〉
sont stables sous l'action du hamiltonien de Jaynes et Cummings (l'état |g, 0〉 ne se couple
à aucun autre état et demeure inchangé par le couplage). L'état |e, n〉 (resp |g, n+ 1〉)
correspond au cas où l'atome se trouve dans l'état |e〉(resp |g〉) et le champ dans l'état
de Fock à n (resp n+ 1) photons. Ces deux états sont des états stationnaires du système
non couplé. Les vecteurs propres de ĤJC dans chaque sous espace sont appelés les états
habillés. Dans la base non couplée |e, n〉 , |g, n+ 1〉, le hamiltonien Ĥn

JC, restriction de ĤJC

à Sn, a pour expression matricielle :

Ĥn
JC = ~

(
−δ/2 Ω0

2

√
n+ 1

Ω0

2

√
n+ 1 δ/2

)
, (1.82)

En diagonalisant cette matrice, on trouve les états propres du système couplé :

|+, n〉 = cos θn |e, n〉 + sin θn |g, n+ 1〉
|−, n〉 = sin θn |e, n〉 − cos θn |g, n+ 1〉 (1.83)

L'angle θn est dé�ni par la relation

tan(2θn) =
Ω0

δ

√
n+ 1 et 0 ≤ θn ≤ π

2
(1.84)

Les énergies propres associés aux états habillés sont :

E±,n = ±~
√
δ2 + Ω2

0(n+ 1)

2
(1.85)

Deux régimes extrêmes vont être étudiés plus en détail dans la suite : le premier, appelé
couplage dispersif et correspondant au cas où |δ| ≫ Ω0, ne voit aucun échange d'énergie
entre les deux systèmes. Par contre, l'énergie propre de chaque système est a�ectée par
le couplage. Le second, appelé couplage résonnant, correspond au cas où |δ| ≪ Ω0. Il est
caractérisé par un échange d'énergie entre l'atome et le champ,

1.3.3 Couplage dispersif : le déplacement lumineux
Le régime dispersif est atteint lorsque le désaccord δ est grand devant la fréquence

de Rabi du système. Dans le sous espace Sn, la fréquence de Rabi est égale à Ω0

√
n+ 1.

Les états habillés |+, n〉 et |−, n〉 sont respectivement très proches des états non-couplés
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Fig. 1.9 � Position des niveaux d'énergie de l'atome habillé dans l'approximation disper-
sive.

|e, n〉 et |g, n+ 1〉 (l'angle de mélange θn est alors très petit devant 1 ou proche de π/2).
Cette approximation conduit à l'expression suivante pour les énergies propres :

E±,n = ±
√
δ2 + Ω2

0(n+ 1)

2
≃ ±δ

2
± Ω2

0(n+ 1)

4δ
(1.86)

En raison du couplage atome-champ, l'énergie des états |e, n〉 et |g, n+ 1〉 est mo-
di�ée d'une quantité ±Ω2

0(n + 1)/4δ. La contribution Ω2
0 n/4δ est appelée déplacement

lumineux et le terme Ω2
0/4δ est appelé déplacement de Lamb (voir �gure 1.10). Après une

interaction d'une durée t, la fonction d'onde de chaque état propre aura accumulé une
phase :

|e, n〉 transit−→ exp (−iδ/2) exp [−iΦdisp(t)(n+ 1)] |e, n〉

|g, n+ 1〉 transit−→ exp (iδ/2) exp [iΦdisp(t)(n+ 1)] |g, n+ 1〉
(1.87)

La phase Φdisp(t) = Ω2
0t/4δ dépend uniquement des caractéristiques de couplage

entre l'atome et le champ et du temps d'interaction. Il est important de noter la linéarité
en n du déphasage. Un tel déphasage est à la base de deux e�ets intéressants : la rotation
du dipôle atomique en interaction avec un champ dans un état de Fock à n photons |n〉
et l'e�et d'indice observé sur un champ cohérent dû à un seul atome.

Interaction dispersive avec un état de Fock à n photons

Dans un premier temps, analysons l'évolution du dipôle atomique en présence d'un
état de Fock de n photons dans le régime dispersif. Le champ est initialement préparé
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Fig. 1.10 � Evolution du dipôle atomique lors d'un couplage dispersif avec un état de
Fock à n photons dans la représentation de la sphère de Bloch. Le vecteur de Bloch subit
une rotation ϕ(t) = δt+

Ω2
0

4δ
(2n+ 1)t dans le plan équatorial.

dans l'état |n〉 et l'atome dans une superposition atomique |Ψat(t = 0)〉 =
1√
2
(|e〉 + |g〉).

La fonction d'onde reste séparable. Après une interaction de durée t, le champ reste dans
l'état |n〉 et l'atome sera dans l'état :

|Ψat(t)〉 =
1√
2
eiδt/2eiΦdisp(t)n(e−iδte−iΦdisp(t)(2n+1) |e〉 + |g〉) (1.88)

Dans le plan équatorial de la sphère de Bloch, le dipôle atomique subit une rotation
de pulsation δ + Ω2

0(2n+ 1)/4δ. Une illustration en est donnée sur la �gure (1.10). Nous
reviendrons plus tard sur cet e�et, car cette acquisition de phase du dipôle est à la base
de la procédure expérimentale de calibration du champ injecté dans la cavité.

Remarque : Nous pouvons réécrire l'expression du vecteur d'onde du système com-
plet sous la forme suivante :

|Ψ(t)〉 =
1√
2
eiδt/2eiΦdispâ

†ât(e−iδte−iΦdisp(t)(2â
†â+1) |e〉 + |g〉) ⊗ |n〉 (1.89)

Le déphasage de Φdisp du dipôle atomique mis ainsi en évidence est à la base du protocole
de mesure directe d'une classe de fonctions de Wigner généralisées W (α, α∗, s). Le para-
mètre s est alors directement relié à la phase Φdisp par la relation s = −icotan(Φdisp) [42].
Ce protocole a été utilisé dans notre expérience a�n de mesurer les fonctions de Wigner
(correspondant à Φdisp = π/2) de l'état du vide et de l'état de Fock à un photon [43].
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Interaction dispersive avec un champ cohérent

Nous allons étudier maintenant l'action de l'interaction dispersive entre un atome
et un champ cohérent de paramètre β. L'état initial du système est alors :

|Ψ(t = 0)〉 = |e〉 ⊗ |β〉 = e−β
2/2
∑ βn√

n!
|e, n〉 (1.90)

Reα

Imα

Imα

Reα

Reα

Imα

atome dans |e> atome dans |g>

 ( )
disp

t− Φ

( )
disp

tΦ

(a)

(b) (c)

Fig. 1.11 � Rotation de phase classique d'un champ cohérent lors de son couplage dispersif
avec un atome à deux niveaux. Représentation de l'état du champ dans l'espace des
phases (a) sans interaction, (b) après interaction avec un atome dans l'état |e〉, (c) après
interaction avec un atome dans l'état |g〉.

L'état |e, n〉 est à une bonne approximation état propre du système associé à l'énergie
propre En = ~Ω2

0(n + 1)/4δ. L'évolution de la fonction d'onde après une interaction de
durée t a pour expression :

|Ψ(t)〉 = eiδt/2
∑

n≥0

βn√
n!

e−iΩ
2
0(n+1)t/4δ |e, n〉

|Ψ(t)〉 = eiδt/2e−iΦdisp(t) |e〉 ⊗
∣∣βe−iΦdisp(t)

〉
(1.91)

L'interaction produit une rotation dans l'espace des phases. Cette rotation a un
équivalent classique : lors de la traversée d'un milieu, l'onde accumule une di�érence de
phase par rapport à la propagation dans le vide. Il est à noter que le déphasage ne dépend
pas de l'intensité du champ dans le régime dispersif δ ≫ Ω0

√
n̄. Le caractère mesurable
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du déphasage du champ par un atome unique est la conséquence du régime de couplage
fort réalisé dans notre expérience.

En raison de la di�érence de signe du déplacement en énergie du niveau |g, n+ 1〉
par rapport au niveau |e, n〉, la rotation de phase s'e�ectue en sens inverse si l'atome est
initialement préparé dans |g〉 (voir �gure 1.11).

|Ψ(t = 0)〉 = |g〉 ⊗ |β〉 ⇛ |Ψ(t)〉 = e−iδt/2 |g〉 ⊗
∣∣βeiΦdisp

〉
(1.92)

Cet e�et a été observé expérimentalement et il est présenté de manière exhaustive
dans les références suivantes [44, 45]. Il est à la base du premier protocole de création
d'une superposition d'états cohérents utilisé dans notre expérience [46].

1.3.4 Le couplage résonnant
Le régime résonnant est dé�ni par un désaccord δ nul. L'angle de mélange est alors

égal à π/4. Par conséquent les états habillés ont pour expression :

|+, n〉 = 1√
2
(|e, n〉 + |g, n+ 1〉)

|−, n〉 = 1√
2
(|e, n〉 − |g, n+ 1〉)

(1.93)

En inversant cette relation, on obtient :

|e, n〉 = 1√
2
(|+, n〉 + |−, n〉)

|g, n+ 1〉 = 1√
2
(|+, n〉 − |−, n〉)

(1.94)

A chacun de ces états habillés |+, n〉 et |−, n〉 est associé une énergie propre :

E±,n = ±~
Ω0

2

√
n+ 1 (1.95)

L'oscillation de Rabi dans un état de Fock

Considérons la situation physique où l'on prépare l'atome dans l'état |e〉 et le champ
dans un état de Fock à n photons. Initialement, l'état du système dans la base des états
habillés s'écrit :

|ψ(t = 0)〉 =
1√
2
(|+, n〉 + |−, n〉) (1.96)

La fonction d'onde du système couplé après un temps d'interaction t devient :

|ψ(t)〉 = 1√
2
(e−iΩ0

√
n+1t/2 |+, n〉 + eiΩ0

√
n+1t/2 |−, n〉)

|ψ(t)〉 = cos

(
Ω0

2

√
n+ 1t

)
|e, n〉 − i sin

(
Ω0

2

√
n+ 1t

)
|g, n+ 1〉

(1.97)
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Cette évolution est donc caractérisée par l'échange cohérent d'un quantum d'énergie
entre l'atome et le champ. La valeur moyenne de l'observable atomique σz en fonction du
temps d'interaction t a pour expression :

〈σz(t)〉 = cos
(
Ω0

√
n+ 1 t

)
(1.98)

Elle oscille en fonction du temps d'interaction à une pulsation égale à Ω0

√
n+ 1. Une

analogie forte existe entre ce phénomène et les oscillations de Rabi classique. Le signal
expérimental est la probabilité de détecter l'atome en |e〉. Cette probabilité se déduit
facilement de la valeur moyenne de σz.

Pe(t) =
1

2
(1 + 〈σz〉) =

1

2

[
1 + cos

(
Ω0

√
n+ 1 t

)]
(1.99)

Pour un temps d'interaction dé�ni par Ω0

√
n+ 1t = π (impulsion π) un quantum

d'énergie a été complètement transféré de l'atome au champ de manière déterministe.
Cette opération est utilisée expérimentalement a�n de produire un champ de Fock à un
photon dans la cavité [47, 43].

Lors de l'interaction, les deux systèmes s'intriquent. En particulier, à l'instant où
Ω0

√
n+ 1t = π/2 (impulsion π/2), une paire "EPR" atome-champ est produite. Elle a

été préparée et analysée en détail dans le cas où n = 0 [48].

Oscillation de Rabi dans un champ quelconque

La généralisation à des champs plus complexes est immédiate en raison de la linéarité
de l'équation de Schrödinger. Nous considérons dans cette partie un champ quelconque
dans un état pur. Sa décomposition dans la base des états de Fock est :

|Ψchamp〉 =
∑

n≥0

Cn |n〉 (1.100)

avec l'ensemble des Cn véri�ant la condition
∑ |Cn|2 =

∑
Pn = 1 où Pn = |Cn|2 est la

probabilité de trouver n photons dans l'état du champ |Ψchamp〉. Initialement, l'atome est
dans l'état |e〉 et l'état du système est :

|Ψ(t = 0)〉 = |e〉 ⊗ |Ψchamp〉 =
1√
2

∑

n≥0

Cn(|+, n〉 + |−, n〉) (1.101)

Après une évolution de durée t, la fonction d'onde s'écrit :

|Ψ(t)〉 =
1√
2

∑

n≥0

Cn(e
−iΩ0

2

√
n+1t |+, n〉 + ei

Ω0
2

√
n+1t |−, n〉) (1.102)

|Ψ(t)〉 =
∑

n≥0

Cn

[
cos

(
Ω0

2

√
n+ 1t

)
|e, n〉 − i sin

(
Ω0

2

√
n+ 1t

)
|g, n+ 1〉

]
(1.103)
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Elle s'interprète comme la superposition des fonctions d'onde obtenues après l'évo-
lution du système initialement dans l'état |e, n〉. Leur contribution dans la fonction d'onde
�nale est pondérée par Cn.

La valeur moyenne de l'opérateur atomique σz et la probabilité de détecter l'atome
dans l'état |e〉 ont pour expressions :

〈σ̂z(t)〉 =
∑

n≥0 Pn cos(Ω0

√
n+ 1t)

Pe(t) = 1
2

∑
n≥0 Pn(1 + cos(Ω0

√
n+ 1t))

(1.104)

Ces valeurs moyennes s'interprètent, une nouvelle fois, comme la moyenne statistique de
toutes les oscillations de Rabi associées à chacun des états de Fock |n〉. Elles ne dépendent
que des populations Pn des états de la base de Fock. Ce résultat se généralise au cas où le
champ ne se trouve pas initialement dans un état pur et ne peut être décrit que par une
matrice densité. Par conséquent, les oscillations de Rabi dans un état mélange statistique
de |0〉 et |n〉 ou d'une superposition de ces deux états 1/

√
2(|0〉 + |n〉) seront strictement

superposables. Au contraire, les oscillations de Rabi d'une superposition de champs co-
hérents et d'un mélange statistique de deux états cohérents seront elles di�érentes. En
e�et, les populations des états de la base de Fock associées à chaque état présentent des
di�érences et ces dernières se répercutent sur la forme des oscillations de Rabi. Nous
reviendrons sur ce cas dans le dernier paragraphe de ce chapitre.

A ce stade, il paraît di�cile de caractériser simplement la forme des oscillations de
Rabi. Cependant un phénomène physique intéressant et général apparaît dans le cas où
seul un nombre �ni de population d'état de Fock ont une contribution signi�cative à l'état
du champ considéré. Nous avons ici en tête l'exemple du champ cohérent ou du champ
thermique.

La �gure 1.12 montre la distribution de la population P (n) de l'état |n〉 dans le cas
d'un champ cohérent de 13 photons et dans le cas d'un champ thermique déplacé de 13
photons ainsi que les oscillations de Rabi quantiques correspondantes. Deux étapes impor-
tantes se manifestent lors de l'évolution : l'e�ondrement et la résurgence des oscillations
de Rabi.

L'e�ondrement est dû à la dispersion de la distribution des photons P (n) du champ
considéré. Comme nous l'avons vu, l'évolution de la valeur moyenne de l'opérateur σ̂z
est une somme de fonctions sinusoïdales qui oscillent toutes à des fréquences di�érentes.
Au bout d'un certain temps, toutes ces fonctions ont des phases di�érentes. La somme
pondérée par les populations P (n) de l'état du champ initial se moyenne à 0.

Dans le cas de l'interaction avec un champ thermique, de nombre moyen de pho-
tons nth, déplacé d'un paramètre β =

√
n̄ (la dispersion du champ déplacé est ∆n ∼√

n̄(2nth + 1) dans le cas où n̄ est grand devant 1), seules les oscillations de Rabi des
états de Fock |n〉 pour n compris entre n̄ − ∆n/2 et n̄ + ∆n/2 contribuent signi�ca-
tivement à la valeur moyenne de σz. La di�érence de phase de Rabi ∆φR accumulée,
pendant un temps d'interaction t, entre les deux oscillations de fréquence Ω0

√
n̄− ∆n/2

et Ω0

√
n̄+ ∆n/2 est :
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Fig. 1.12 � Oscillation de Rabi (a) dans le vide déplacé d'un paramètre β =
√

13 (b) dans
un champ thermique avec nth = 1 déplacé d'un paramètre β =

√
13

∆φR ∼ Ω0
∆n

2
√
n̄
t =

Ω0

2

√
2nth + 1 t (1.105)

Le temps d'e�ondrement teff sera intuitivement dé�ni comme le temps d'interaction
réalisant la condition ∆φR = π. Par conséquent, nous obtenons la condition :

Ω0

2

√
2nth + 1 teff ∼ π ⇒ teff ∼

2π

Ω0

√
(2nth + 1)

(1.106)

Il est intéressant de remarquer que le temps d'e�ondrement est indépendant du
nombre de photons moyen n̄, c'est à dire de l'amplitude du déplacement. L'e�ondrement
des oscillations de Rabi est d'autant plus rapide que la dispersion de la distribution des
P (n) est grande. Sur la �gure 1.12, le nombre d'oscillations observées avant e�ondrement
est 3 dans le cas du vide déplacé, il décroît à 1 pour le champ thermique de 1 photon
déplacé.

Le temps de résurgence tres est atteint lorsque deux fonctions sinusoïdales consécu-
tives correspondant aux nombres de photons n et n + 1 sont de nouveau en phase. Par
conséquent, tres véri�e la condition :
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Ω0(
√
n+ 1 −

√
n) tres ∼ 2π (1.107)

Pour rendre cette condition indépendante de n, nous nous servons de l'approximation
des champs mésoscopiques pour écrire la di�érence

√
n+ 1−√

n au premier ordre en 1/
√
n̄.

Ω0

2
√
n̄
tres ∼ 2π ⇒ tres ∼

4π
√
n̄

Ω0

(1.108)

La contribution des ordres supérieurs réduit le contrastes des résurgences. Plus la
distribution des P (n) est large en nombre de photons, plus la résurgence oscille long-
temps et plus son contraste est réduit. Le phénomène de résurgence est le résultat de la
quanti�cation de l'énergie du champ.

Jusqu'ici, nous nous sommes concentrés sur l'évolution temporelle d'opérateurs ato-
miques. A�n de donner une description complète de la dynamique du système, nous allons
développer maintenant, à l'aide d'approximations, une image donnant une idée précise des
corrélations entre l'état de l'atome et du champ lors de leur interaction résonnante. En
particulier, l'accent sera mis sur l'intrication atome-champ dans l'interprétation des phé-
nomènes d'e�ondrement et de résurgence des oscillations de Rabi.
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1.4 Intrication atome-champ lors de l'interaction réson-
nante

L'interaction résonnante entre un atome à deux niveaux et un champ cohérent a
jusqu'ici été étudiée à l'aide d'observables liées à l'atome. A tout instant d'interaction, un
état intriqué atome-champ complexe est créé. L'état du champ n'est pas facile à interpréter
sur l'expression exacte. A l'aide de l'approximation des champs mésoscopiques (n̄ ≫ 1),
nous obtiendrons ici une image simple et intuitive de l'évolution du champ au cours de
l'interaction [49, 50]. En particulier, nous montrerons qu'il est possible, dans certaines
conditions, de créer des superpositions mésoscopiques d'états cohérents.

1.4.1 Evolution du système
Initialement, l'atome est préparé dans l'état |e〉 et le champ dans l'état cohérent

mésoscopique |α〉. La décomposition (1.101) de l'état |e〉 sur les états habillés nous permet
d'écrire la fonction d'onde initiale :

|Ψ(t = 0)〉 = |e〉 ⊗ |α〉 =
1√
2
e−|α|2/2

∑

n≥0

αn√
n!

(|+, n〉 + |−, n〉) (1.109)

Après une évolution d'une durée t, nous rappelons l'expression de la fonction d'onde :

|Ψ(t)〉 =
1√
2
e−|α|2/2

∑

n≥0

αn√
n!

(e−i
Ω0
2

√
n+1t |+, n〉 + ei

Ω0
2

√
n+1t |−, n〉) (1.110)

Projetée dans la base des états non couplés, la fonction d'onde à l'instant t devient :

|Ψ(t)〉 = 1
2
e−|α|2/2

[
∑

n≥0

αn√
n!

e−i
Ω0
2

√
n+1t(|e, n〉 + |g, n+ 1〉)

+
∑

n≥0

αn√
n!
ei

Ω0
2

√
n+1t(|e, n〉 − |g, n+ 1〉)

]
(1.111)

Cette expression de la fonction d'onde après interaction est exacte mais elle ne per-
met pas d'appréhender facilement l'état du champ. Deux approximations sont nécessaires
pour simpli�er l'expression de la fonction d'onde à l'instant t. Premièrement, l'hypothèse
du caractère mésoscopique du champ nous permet d'exprimer la di�érence entre

√
n+ 1

et √n au premier ordre en 1/n̄ :

√
n+ 1 ≃

√
n+

1

2
√
n̄

(1.112)

En injectant cette approximation et en négligeant la di�érence entre αn/
√
n! et αn+1/

√
(n+ 1)!

(α est supposé réel), la fonction d'onde |Ψ(t)〉 devient :
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|Ψ(t)〉 =
1

2
e−|α|2/2

[(
∑

n≥0

αn√
n!
e−iΩ0

√
nt/2 |n〉

)
(e

−i Ω0
4
√
n̄
t |e〉 + |g〉)

(1.113)

+

(
∑

n≥0

αn√
n!
ei

Ω0
2

√
nt |n〉

)
(e
i

Ω0
4
√
n̄
t |e〉 − |g〉)

]

A ce stade, la fonction d'onde se sépare en deux parties. Chacune d'entre elles est un état
séparable atome-champ. On développe ensuite √

n en 1/n̄ autour du nombre moyen de
photons n̄.

√
n ≃

√
n̄+

(n− n̄)√
n̄

− (n− n̄)2

8n̄3/2
(1.114)

Finalement, en négligeant le terme au second ordre, l'approximation du champ mésosco-
pique conduit la fonction d'onde après une interaction de durée t à la forme suivante :

|Ψ(t)〉 =
1√
2
[e−i

Ω0
√
n̄

2
t
∣∣ψa+(t)

〉
|α+(t)〉 + ei

Ω0
√
n̄

2
t
∣∣ψa−(t)

〉
|α−(t)〉] (1.115)

Dans cette expression, on note
∣∣ψa+(t)

〉
et
∣∣ψa−(t)

〉
les état de l'atome après interaction

avec un champ initialement cohérent correspondant respectivement aux états propres |+〉
et |−〉 à l'instant t = 0. Leur expression est :

∣∣ψa+(t)
〉

=
1√
2
(e−iΦ(t) |e〉 + |g〉)

∣∣ψa−(t)
〉

=
1√
2
(eiΦ(t) |e〉 − |g〉)

(1.116)

avec Φ(t) =
Ω0t

4
√
n̄

Du point de vue du champ, on note |α+(t)〉 et |α−(t)〉 les deux états du champ corré-
lés respectivement avec les états atomiques

∣∣ψa+(t)
〉
et
∣∣ψa−(t)

〉
. L'expression de l'évolution

de ces deux fonctions d'onde du champ est :

|α+(t)〉 = ei
Ω0

√
n̄

4
t
∣∣αe−iΦ(t)

〉

|α−(t)〉 = e−i
Ω0

√
n̄

4
t
∣∣αeiΦ(t)

〉
(1.117)

La phase quantique de la superposition
∣∣ψa+(t)

〉
(
∣∣ψa−(t)

〉
) est corrélée à la phase classique

du champ cohérent |α+(t)〉 (|α−(t)〉). Un atome unique, système microscopique, laisse son
empreinte sur le champ cohérent, un objet mésoscopique.

On remarque sur l'expression (1.115) que la structure de battement quantique entre
deux états du système atome-champ obtenue dans le cas de l'oscillation de Rabi classique



Éléments de théorie 45

(a)

(b)
Imα

Reα

Reα

Reα

Reα

ImαImα

Imα

Y

X

Y

YY

XX

X

( )a t+Ψ

( )a t−Ψ

( )t+α

( )t−α

−

+

α

α

( )tΦ

( )t−Φ

Fig. 1.13 � Etats propres du système. Le sens de la rotation lente est celui des aiguilles
d'une montre lorsque dipôle et champ sont (a) en phase, dans le sens inverse si ils sont
(b) en opposition de phase

est préservée. Mais cette fois, les "états propres" subissent une rotation à une fréquence
égale à Ω0/4

√
n̄, petite devant la fréquence du battements quantiques Ω0

√
n̄. On peut

représenter l'évolution de chacun des deux "états propres" en superposant le plan équa-
torial de la sphère de Bloch et l'espace des phases du champ. On choisit la phase initiale
du champ cohérent a�n d'aligner le vecteur représentant l'état |+〉 et celui représentant
|α〉. Le résultat est représenté sur la �gure 1.13.

L'évolution temporelle pour chaque "état propre" atome-champ
∣∣ψa±(t)

〉
|α±(t)〉 est

une lente rotation. Le sens de rotation dépend de l'orientation relative entre les états atome
et champ corrélés. Si le dipôle atomique est en phase avec le champ (

∣∣ψa+(t)
〉
|α+(t)〉) alors

la lente rotation sera dans le sens des aiguilles d'une montre. Par contre si le dipôle
atomique est en opposition de phase avec le champ (

∣∣ψa−(t)
〉
|α−(t)〉) alors la rotation se

fera dans le sens inverse des aiguilles d'une montre. Cette lente évolution rend discernables
les états du champ correspondant à chaque état propre. La plupart du temps le produit
scalaire entre les états |α+(t)〉 et |α−(t)〉 est nul et le système atome-champ se trouve dans
un état intriqué.
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1.4.2 E�et sur le champ : création d'une superposition de champs
cohérents

L'interprétation en termes d'indice de réfraction utilisée dans le régime dispersif se
généralise au cas résonnant. A chaque état initial de l'atome |+〉 et |−〉 correspond un
déphasage opposé du champ cohérent, exactement comme dans le cas dispersif. Dans le cas
où l'atome est initialement préparé dans |e〉, l'état atomique initial est une superposition
des états |+〉 et |−〉. Par conséquent, le résultat de l'interaction sur le champ correspondra
à la superposition cohérente de deux e�ets d'indice de réfraction opposés (voir �gure 1.14).
En réécrivant l'évolution de la fonction d'onde en isolant les états |e〉 et |g〉, on met en
évidence la création d'un état superposition de deux états cohérents ou état chat de
Schrödinger corrélé avec chaque état atomique.

|Ψ(t)〉 = 1
2
|e〉 (e−iΦ(t)(n̄+1)

∣∣αe−iΦ(t)
〉

+ eiΦ(t)(n̄+1)
∣∣αeiΦ(t)

〉
)

+1
2
|g〉 (e−iΦ(t)n̄

∣∣αe−iΦ(t)
〉
− eiΦ(t)n̄

∣∣αeiΦ(t)
〉
)

(1.118)

avec Φ(t) = Ω0t/4
√
n̄. Un point important est à noter pour la suite : la phase quantique

de la superposition d'états cohérents est di�érente suivant l'état atomique auquel elle est
corrélée.
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Fig. 1.14 � Evolution lente du système à partir de |e〉⊗ |α〉 : création d'une superposition
de champs cohérents

Sans tenir compte des termes d'ordre 2 de l'approximation (1.114), chacun des
termes de la superposition est un état cohérent. En toute rigueur, cette approximation
n'est valide que dans les premiers temps d'interaction. Ensuite, le terme d'ordre deux de
(1.114) devient important. Les champs cohérents, en plus de subir une lente rotation, sont
déformés par un e�et de type Kerr [51]. Cet e�et est matérialisé par une acquisition de
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phase supplémentaire de chaque état de Fock |n〉 non linéaire dans le nombre de photons
et égale à exp

(
−(n− n̄)2/8n̄3/2

)
.

1.4.3 Oscillation de Rabi : la complémentarité en action
L'évolution décrite précédemment va nous permettre de comprendre plus en profon-

deur l'e�ondrement et la résurgence des oscillations de Rabi décrits dans le paragraphe
(1.3.4). En particulier, nous allons mettre ainsi en évidence l'importance de l'intrication
dans ces phénomènes.

L'expression de la fonction d'onde après un temps t d'interaction (1.118) sera le
point de départ de notre analyse. A partir de cette relation, un calcul rapide mène à la
probabilité Pg(t) de détecter l'atome dans l'état |g〉 après une interaction de durée t :

Pg(t) =
1

2

[
1 −Re

(〈
αeiΦ(t)

∣∣αe−iΦ(t)〉e−iΩ0
√
n̄ t/2

)]
(1.119)

Le contraste des oscillations de Rabi est donc proportionnel au produit scalaire entre
les deux champs produits lors de l'interaction résonnante. Une représentation de l'évolu-
tion de la fonction d'onde est donnée sur la �gure (1.15). Dans le cadre de l'approximation
des champs mésoscopiques, les deux phénomènes d'e�ondrement et de résurgence des os-
cillations de Rabi ont des explications simples et intuitives.

Le phénomène d'oscillation de Rabi est un battement quantique entre les deux états
propres de l'atome initialement

∣∣ψa+
〉
et
∣∣ψa−
〉
. Au cours de l'interaction, le champ cohérent

se sépare en deux composantes, chacune corrélée à un état propre di�érent de l'atome.
Au fur et à mesure qu'elles se séparent, elles apportent une information de plus en plus
grande sur l'état atomique : chaque chemin de "l'interféromètre" devient discernable et
le contraste des oscillations de Rabi se réduit progressivement. Nous nous retrouvons
exactement dans la situation présentée dans l'introduction et illustrant le principe de
complémentarité. Chaque état atomique est corrélé à un état classique di�érent du champ.
Cette situation conduit à un e�ondrement du signal d'interférence.

Au début de l'interaction, les deux composantes de champ sont exactement super-
posables. L'état atomique subit les oscillations de Rabi. Dès que le temps d'interaction
est su�sant pour séparer les deux composantes du champ dans l'espace des phases, le
contraste des oscillations de Rabi s'annule (voir �gure 1.15b). Ces oscillations ressurgi-
ront uniquement après une rotation de π des deux composantes cohérentes du champ. En
e�et, à cet instant, ces deux composantes se superposent à nouveau, leur produit scalaire
est de nouveau non nul et les oscillations de Rabi revivent(voir �gure 1.15d). En ce point,
les deux chemins de l'interféromètre sont, de nouveau, indiscernables.

Une dernière remarque concerne le temps d'interaction égal à Ω0t/4
√
n̄ = π/2 ou

temps de demi-résurgence. A cet instant appelé temps de demi-résurgence, les deux états
atomiques

∣∣ψa+(t)
〉
et
∣∣ψa−(t)

〉
sont confondus (voir �gure 1.15c) et la fonction d'onde totale

du système est un produit d'états du champ et de l'atome. La fonction d'onde du système
est à cet instant séparable. La création de l'état chat n'est plus corrélée à l'état de l'atome.
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Fig. 1.15 � (a) état initial du système. (b) les deux composantes du champs se séparent
et induisent l'e�ondrement des oscillations de Rabi (c) les deux parties atomiques se
superposent et induisent la production d'une superposition de champs cohérents incondi-
tionnelle. (d) les deux composantes du champ ont réalisé une rotation dans l'espace des
des phases proches de π. Les oscillations de Rabi revivent. (e) Oscillation de Rabi dans un
champ cohérent de 30 photons. Chacun des instants de chaque événement présenté dans
les �gures (b), (c) et (d) sont représentés respectivement par b, c et d sur le graphe des
oscillations.
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Au premier ordre en 1/n̄, l'expression des deux composantes cohérentes produites
à chaque instant est connu. Le calcul analytique du produit scalaire ne pose aucune
di�culté. Nous obtenons ainsi l'expression du transfert atomique en fonction du temps
d'interaction :

〈αeiΦ(t)
∣∣αe−iΦ(t)

〉
= e−n̄(1−e−2iΦ(t)) (1.120)

Pg(t) =
1

2

[
1 − e−n̄[1−cos(2Φ(t))] cos

(
Ω0

√
n̄

2
t+ n̄ sin (2Φ(t))

)]
(1.121)

Le phénomène d'e�ondrement et de résurgence des oscillations de Rabi est lié au
préfacteur e−n̄[1−cos(2Φ(t))]. Au temps faible devant 4

√
n̄/Ω0, le facteur du terme oscillant

devient :

e−n̄[1−cos(2Φ(t))] ∼ e−Ω2
0t

2/8 (1.122)

Le temps d'e�ondrement teff à 1/e est alors égal à teff = 2
√

2/Ω0, en accord avec
la dérivation phénoménologique réalisée . L'expression (1.121) prédit l'existence de résur-
gences du contraste des oscillations lorsque cos(2Φ(t)) = 1 soit un temps de première
résurgence tR égal à 4π

√
n̄/Ω0, en accord avec l'expression obtenue avec des arguments

qualitatifs (1.108). Autour du temps de résurgence, n̄ sin(2Φ(t)) ∼t∼tR Ω0

√
n̄ t/2. Les

oscillations de Rabi ont une pulsation égale à Ω0

√
n̄.

D'après ce résultat, les oscillations devraient revivre totalement. Les résurgences
obtenues à partir d'un calcul exact montrent une réduction de leur contraste (voir la
�gure 1.15e). Un calcul analytique incluant l'e�et de la di�usion de phase, discuté dans
le chapitre précédent, fournit un résultat indiscernable du calcul numérique exact [50].

Dans la limite des champs classiques (n̄≫1), le déplacement de la phase quantique
des superpositions atomiques et de la phase classique des états cohérents devient négli-
geable. On retrouve ainsi le résultat de l'oscillation de Rabi classique. Atome et champ ne
s'intriquent plus et l'évolution de la population atomique est une pure fonction sinusoïdale
de fréquence Ω0

√
n̄.

Pour obtenir la résurgence des oscillations de Rabi, il est nécessaire de recombiner
les deux champs cohérents issus de l'interaction résonnante. Dans le prochain paragraphe,
nous étudierons une transformation du système, apparentée à un echo de spin, menant à
la reconstruction exacte de l'état initial et à l'observation de résurgences des oscillations
de Rabi de contraste unité appelées résurgences induites.
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1.5 Opération de renversement du temps
Observer les résurgences spontanées des oscillations de Rabi est un réel dé� expéri-

mental. Elles n'ont été étudiées que pour des champs de l'ordre du photon [31, 30, 32].
Une technique pour reconstruire exactement l'état initial après évolution et induire

une résurgence consiste à réaliser une transformation de renversement du temps sur le
système en interaction. Cette opération s'apparente aux echos de spins de la RMN [52]. Le
principe en est le suivant : dans un premier temps le système complet en interaction évolue
pendant une durée tR. Une brève impulsion électromagnétique est alors appliquée sur
l'atome. La conséquence de cette impulsion est le renversement dans le temps de l'évolution
du système global. Après un temps d'interaction total égal à 2tR, le système se retrouve
donc dans l'état initial si on néglige la décohérence. Ainsi les erreurs de reconstruction
de l'état initial seront dues uniquement au couplage du système à l'environnement. Cette
procédure permet de distinguer les e�ets cohérents et incohérents sur la dynamique du
système [33].

Nous établissons dans cette partie les bases théorique de l'opération de renversement
du temps. Dans le cas d'une interaction résonnante, il conduit à de nouvelles résurgences
des oscillations de Rabi autour de l'instant de refocalisation du système, appelées résur-
gences induites. Dans le cadre de l'approximations des champs mésoscopiques, l'évolution
du système total après cette transformation a une interprétation très intuitive. Chaque
état propre subit après l'opération de renversement du temps une rotation de sens inverse
à celle subie entre 0 et tR. Les résurgences induites sont alors le résultat du recouvrement
entre les deux composantes cohérentes de la superposition produit entre 0 et tR.

1.5.1 Renversement du temps : echo de spin
Théoriquement, la transformation de renversement du temps revient à appliquer

l'opérateur atomique σ̂z à la fonction d'onde du système. Si on note U l'opérateur d'évo-
lution du système en interaction, cet opérateur, après un temps d'interaction t, est découpé
en trois parties et a pour expression :

Û = e−i
ĤJC
~

(t−tR)σ̂ze
−i ĤJC

~
tR (1.123)

Chaque terme de cette expression correspond respectivement à l'évolution du sys-
tème en interaction entre 0 et tR, l'impulsion atomique et l'interaction entre tR et t.
En utilisant l'identité σ̂2

z = 1 et σ̂zHJC σ̂z = −HJC , on obtient �nalement l'expression
suivante :

Û = σ̂ze
−iHJC

~
(2tR−t)~ (1.124)

Après l'opération σZ , le système subit une évolution exactement renversée dans le temps
de celle entre 0 et tR. Après un temps d'interaction 2tR, le système se retrouve exactement
dans l'état initial.

Nous appliquons cette transformation au cas où l'atome, initialement préparé dans
l'état |e〉, interagit de manière résonnante avec le champ dans un état cohérent de para-
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Fig. 1.16 � Oscillation de Rabi dans le vide déplacé d'un paramètre β =
√

13.4 (a) sans
transformation atomique (b) avec transformation atomique à tR=30µs

mètre α. Si l'impulsion atomique a lieu après le temps d'e�ondrement (tR ≥ teff), on
assiste au temps 2tR à une nouvelle résurgence des oscillations de Rabi, appelée résurgence
induite. Au contraire des résurgences spontanées étudiées précédemment, le contraste des
échos est unité sans dissipation. En e�et, toutes les oscillations de Rabi associées aux di�é-
rents états de Fock |n〉 sont toutes exactement en phase à la �n du processus refocalisation
puisque l'on recrée l'état initial.

La �gure (1.16) reproduit les oscillations obtenues par intégration numérique de
l'évolution hamiltonienne lorsque atome et champ sont à résonance. Sur la �gure (1.16a),
l'oscillation de Rabi dans 13.4 photons est présenté. Le résultat de l'application de l'opé-
ration σZ , à l'instant matérialisé par une �èche, sur les oscillations de Rabi est reproduit
sur la �gure (1.16b).

Au temps 2tR l'état initial est recréé. Ensuite un nouveau cycle d'e�ondrement et
de résurgence apparaît sur l'évolution de la population atomique Pg(t). Ces di�érentes
phases seront toutes translatées dans le temps de 2tR par rapport à l'origine. L'in�uence
des photons thermiques est di�érente dans le cas des échos et celui des résurgences sponta-
nées. En e�et, plus il y a initialement de photons thermiques, moins la résurgence induite
montre d'oscillations. Par contre le contraste reste lui égal à 1 à l'instant de recombinai-
son. Pour les résurgences spontanées, l'état initial est seulement reconstruit au premier
ordre en 1/

√
n̄. Dans le cas des résurgences induites, l'état initial est recréé exactement, à

tous les ordres en 1/
√
n̄. Le nombre d'oscillations de la résurgence induite sera par consé-

quent uniquement dépendant du temps d'e�ondrement des oscillations de Rabi discuté
auparavant (1.106).
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Ces deux types de résurgences sont intimement reliés avec le caractère unitaire de
l'évolution hamiltonienne. Nous reviendrons plus tard sur l'in�uence du couplage à l'en-
vironnement sur ces di�érents signaux.

1.5.2 Résurgences induites comme mesure de la cohérence
Le phénomène de résurgence induite trouve un nouvel éclairage dans l'image in-

troduites grâce à l'approximation des champs mésoscopiques (1.4). La transformation de
renversement du temps consiste donc à appliquer à chacun des "états propres" l'opéra-
teur atomique σ̂z. Cette opération change le sens du dipôle atomique appartenant au plan
équatorial de la sphère de Bloch. A l'instant tR, on échange donc la relation de phase entre
le dipôle atomique et le champ de chaque "état propre". Le couple d'états propres avec
dipôle et champ en phase devient en opposition de phase et vice et versa. Or le sens de
rotation est lui directement relié à cette relation de phase. La �gure (1.17) résume cette
situation. Chaque couple subit une rotation de sens inverse à celle réalisée entre 0 et tR.
Finalement à l'instant 2tR l'état initial sera reconstruit.
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Fig. 1.17 � Inversion du temps

Dans les deux cas de résurgences, spontanée et induite, une superposition d'états
mésoscopiques est réalisées. Ces superpositions sont très sensibles au phénomène de déco-
hérence. Toute l'étude menée jusqu'ici ne prend pas en compte les e�ets de décohérence
ou de couplage à l'environnement. Or les phénomènes de résurgences sont conditionnés
au maintien de la cohérence des superpositions durant tout le processus.

Nous allons maintenant modéliser le couplage de l'environnement au mode du champ
électromagnétique. Nous en déduirons les e�ets de la décohérence sur l'évolution du sys-
tème atome-champ et, en particulier, sur le signal de résurgence des oscillations de Rabi.
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1.6 E�et du couplage à l'environnement sur une super-
position d'états cohérents mésoscopiques

Le phénomène de décohérence a été mis en avant pour expliquer l'absence de super-
positions cohérentes d'objets macroscopiques [53, 54, 19, 55]. L'explication de cette perte
de cohérence est reliée à l'interaction du système étudié, un mode du champ électroma-
gnétique dans notre cas, avec son environnement. Identi�er et décrire microscopiquement
l'interaction d'un système avec l'environnement est une tâche souvent trop complexe.

Cependant, dans l'approximation où le réservoir est assez grand et le couplage du
champ au réservoir est faible, la structure microscopique du réservoir auquel est couplé
le système peut être oubliée. On obtient un comportement universel du mode du champ
dont l'évolution est décrite par une équation pilote à deux paramètres : T la température
du réservoir et γ le taux de fuite d'un photon à l'extérieur du mode [56, 57].

1.6.1 Couplage à l'environnement : modélisation et interprétation
physique

En supposant la structure spectrale de l'environnement large devant son couplage
au mode du champ (approximation de Markov), l'évolution de la matrice densité ρ̂ du
mode du champ suit l'équation pilote suivante [56, 57] :

∂ρ̂

∂t
=
γ

2
n̄th(2â

†ρ̂â− ââ†ρ̂− ρ̂ââ†) +
γ

2
(n̄th + 1)(2âρ̂â† − â†âρ̂− ρ̂â†â) (1.125)

où γ est le taux de fuite d'un photon dans l'environnement et n̄th est le nombre moyen
de photons caractéristique de l'état d'équilibre thermodynamique.

L'évolution décrite par cette équation est non unitaire. Dans la base des états de
Fock, la résolution de la dynamique de la matrice densité du mode du champ mène à des
équations di�érentielles couplées délicates à manipuler. Il est plus agréable et équivalent
de décrire le système grâce la fonction Qρ̂ de l'état du champ dont nous rappelons ici une
expression utile (voir 1.2.3) :

Qρ̂(t)(β, β
∗) =

1

π
〈β| ρ̂(t) |β〉 (1.126)

Nous chercherons donc à écrire une équation d'évolution, équivalente à (1.125), pour
cette distribution Qρ̂. Dans ce but, considérons un état initial quelconque dé�ni par la
matrice densité ρ̂ écrite dans la base des états de Fock et sa fonction Qρ̂ :

ρ̂(t) =
∞∑

n,m≥0

ρm,n(t) |n〉 〈m| (1.127)

Qρ̂(t)(β, β
∗) =

1

π
〈β| ρ(t) |β〉 =

1

π
e−|β|2

∑

n,m

βmβ∗n
√
n!
√
m!
ρm,n(t) (1.128)
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A partir de ces dé�nitions et de l'équation pilote (1.125), on peut dériver directement
l'équation d'évolution de Qρ̂(t)(β, β

∗). En e�et, la transformation reliant ρ̂ à Qρ̂ est linéaire.
En appliquant cette transformation à l'équation pilote (1.125), nous obtenons, en étendant
la dé�nition de Q (3.1) à des opérateurs non hermitiques, la relation suivante :

∂Qρ̂(t)(β,β
∗)

∂t
=

γ

2
n̄th(2Qâ†ρ̂(t)â(β, β

∗) −Qaâ†ρ̂(t)(β, β
∗) −Qρ̂(t)ââ†(β, β

∗))

+
γ

2
(n̄th + 1)(2Qâρ̂(t)â†(β, β

∗) −Qâ†âρ̂(t)(β, β
∗) −Qρ̂(t)â†â(β, β

∗))

(1.129)
Le problème est de relier Qρ̂ à des termes de la forme Qââ†ρ̂. Nous établissons donc

toutes les relations utiles pour la dérivation d'une équation d'évolution de Qρ̂(t)(β, β
∗). En

particulier, nous menons le calcul complet conduisant à l'expression de Qââ†ρ̂(β, β
∗).

A cet e�et nous introduisons la fonction Rρ̂(β, β
∗) = Qρ̂(β, β

∗)e|β|
2 . Au même titre

que Qρ̂(β, β
∗), toute l'information de l'état ρ̂ sera contenue dans cette nouvelle fonction

Rρ̂(β, β
∗). A partir de la dé�nitions (1.127), on dérive les expressions des opérateurs (non

hermitiques) a†ρ et aρ dans la base des états de Fock :

â†ρ̂(t) =
∞∑

n,m≥0

ρm,n(t)
√
n+ 1 |n+ 1〉 〈m| (1.130)

âρ̂(t) =
∞∑

n,m≥0

ρm,n(t)
√
n |n− 1〉 〈m| (1.131)

En applicant formellement, la dé�nition de la fonction Q à ces deux opérateurs (non
hermitiques) on obtient :

Qâ†ρ̂(t)(β, β
∗) =

∞∑

n,m≥0

ρm,n(t)
β∗n+1βm√
n!
√
m!

= e−|β|2β∗Rρ̂(t)(β, β
∗) (1.132)

Qâρ̂(t)(β, β
∗) =

∞∑

n,m≥0

ρm,n(t)
√
n
β∗n−1βm√
n!
√
m!

= e−|β|2 ∂Rρ̂(t)(β, β
∗)

∂β∗ (1.133)

Pour dériver l'expression de Qaa†ρ(β, β
∗), on applique l'une après l'autre ces deux

relations et on obtient �nalement :

Qââ†ρ̂(t)(β, β
∗) = e−|β|2Rρ̂(t)(β, β

∗) + β∗e−|β|2 ∂Rρ̂(t)(β, β
∗)

∂β∗ (1.134)

Finalement, pour tous les autres termes contribuant à l'équation (1.129), on peut
appliquer la même méthode. Nous récapitulons les résultats utiles d'une telle algèbre :
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Qâ†ρ̂(β, β
∗) = e−|β|2β∗Rρ̂(β, β

∗) (1.135)

Qρ̂â†(β, β
∗) = e−|β|2 ∂Rρ̂(β, β

∗)

∂β
(1.136)

Qâρ̂(β, β
∗) = e−|β|2 ∂Rρ̂(β, β

∗)

∂β∗ (1.137)

Qρ̂â(β, β
∗) = e−|β|2βRρ̂(β, β

∗) (1.138)

Qâ†ρ̂â(β, β
∗) = |β|2e−|β|2Rρ̂(β, β

∗) (1.139)

Qâ†âρ̂(β, β
∗) = β∗e−|β|2 ∂Rρ̂(β, β

∗)

∂β∗ (1.140)

Qââ†ρ̂(β, β
∗) = e−|β|2Rρ̂(β, β

∗) + β∗e−|β|2 ∂Rρ̂(β, β
∗)

∂β∗ (1.141)

Qρ̂â†â(β, β
∗) = βe−|β|2 ∂Rρ̂(β, β

∗)

∂β
(1.142)

Qρ̂ââ†(β, β
∗) = e−|β|2Rρ̂(β, β

∗) + βe−|β|2 ∂Rρ̂(β, β
∗)

∂β
(1.143)

Qâρ̂â†(β, β
∗) = e−|β|2 ∂

2Rρ̂(β, β
∗)

∂β∂β∗ (1.144)

Ils permettent d'écrire (1.125) comme une équation de Fokker-Plank qui décrit l'évo-
lution dans le temps de la fonction Rρ̂(β, t).

∂Rρ̂(t)(β, β
∗)

∂t
=

[
−γ(n̄+ 1/2)[β

∂

∂β
+ β∗ ∂

∂β∗ ] (1.145)

(1.146)

+ γ(n̄+ 1)β
∂2

∂β∂β∗ + γn̄(|β|2 − 1)

]
Rρ̂(t)(β, β

∗) (1.147)

La résolution exacte de cette équation sort du contexte de cette thèse et pourra être
trouvée dans la référence [58]. Le résultat important est l'existence d'une solution générale
et exacte au problème de la relaxation dans un réservoir à température �nie. L'expression
exacte de la fonction Q d'un état quelconque après un temps de relaxation t dans un
réservoir à température T est :
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πQT
ρ̂(t)(β, β

∗) =
1

(1 +N(t))
e−

|β|2
1+N(t)

∑

n,m≥0

[
e−γt/2

1 +N(t)
]m+n βmβ∗n

√
n!
√
m!

(1.148)

×
∑

l≥0

[1 − e−γt

1 +N(t)
]l

√(
n+ l

n

)(
m+ l

m

)
ρm+l,n+l(0)

où N(t) = n̄th(1−e−γt) est la loi classique de relaxation vers l'équilibre thermodynamique
du nombre de photons présents dans le mode.

L'expression (1.148) apparaît à première vue complexe. Néanmoins, on peut la ré-
écrire comme le produit de deux termes : la fonction Q associée à un champ de statistique
thermique, de nombre de photons moyen égal à N(t), appelé Qρ̂th,N(t)

, et un polynôme à
deux variables β et β∗. En dé�nitive, la fonction QT

ρ̂(t)(β, β
∗) peut être réécrite de la façon

suivante :

Qρ̂(t)(β, β
∗) =

∑

n,m≥0

C ρ̂
n,m(t)

β∗nQρth,N(t)
βm

√
n!
√
m!

(1.149)

avec

C ρ̂
n,m(t) =

[
e−γt/2

1 +N(t)

]m+n∑

l≥0

[1 − e−γt

1 +N(t)
]l

√(
n+ l

n

)(
m+ l

m

)
ρm+l,n+l(0) (1.150)

La matrice densité initiale apparaît, dans cette expression, sous la forme de ses coe�cients
sur la base des états de Fock.

Les règles de calcul de la fonction Q dérivées précédemment permettent d'identi-
�er formellement la forme β∗nQρN(t)

βm à la fonction Qa†nρN(t)a
m associée à l'opérateur

a†nρN(t)a
m. En vertu de l'unicité de la fonction Q, cette écriture permet d'exprimer exac-

tement la matrice densité d'un état initial quelconque après un temps de relaxation t dans
la base des états a†nρN(t)a

m :

ρ̂T (t) =
∑

n,m≥0

C ρ̂
n,m(t)

a†nρN(t)a
m

√
n!
√
m!

(1.151)

Pour bien comprendre l'e�et du couplage à l'environnement, nous allons appliquer
les résultats obtenus à quelques exemples d'états du champ. Nous revenons tout d'abord
au cas à température nulle. Nous analysons ensuite l'impact de la température sur ces
évolutions.
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1.6.2 E�et sur di�érents états du champ du couplage au réservoir
à température non nulle

Nous nous restreindrons, pour l'instant, au cas où la température est nulle. La
matrice densité s'exprime alors facilement dans la base des états de Fock :

ρ̂(t) =
∑

n,m≥0

ρn,m(t) |n〉 〈m| (1.152)

avec

ρm,n(t) = e−γ(n+m)t/2
∑

l≥0

[1 − e−γt]l

√(
n+ l

n

)(
m+ l

m

)
ρm+l,n+l(0) (1.153)

Cette expression révèle une des propriétés d'évolution des éléments de matrice sous
l'action d'un processus de relaxation décrit par l'équation pilote (1.125) : tout élément de
la matrice densité après relaxation n'est dépendant que des éléments de la même diagonale
de la matrice densité initiale. En particulier, la relaxation des populations dans la base
des états de Fock est uniquement dépendante des populations de l'état initial :

ρn,n(t) = e−γnt
∑

l≥0

[1 − e−γt]l
(
n+ l

n

)
ρm+l,n+l(0) (1.154)

1.6.2.a L'état de Fock à un photon |1〉

La matrice densité de l'état initial est ρ̂ = |1〉 〈1|. Les deux seuls éléments de matrice
concernés par la relaxation sont ρ0,0 et ρ1,1 :

ρ0,0(t) = 1 − e−γt

ρ1,1(t) = e−γt
(1.155)

Le photon présent initialement dans le mode de la cavité s'échappe en un temps
caractéristique égal à 1/γ. La généralisation à des états de Fock dé�nis par un nombre de
photons n supérieur à 1 nécessite quelques précisions. En e�et, la population ρn,n relaxe
avec un temps caractéristique égale à 1/nγ. Par contre, le temps caratéristique de transfert
dans l'état vide est toujours 1/γ

ρ0,0(t) = ρ0,0(0) + (1 − e−γt)nρn,n(0)

ρn,n(t) = e−γntρn,n(0)
(1.156)

Au cours de la relaxation les niveaux intermédiaires sont transitoirement peuplés.
La �gure (1.18) représente l'évolution de chacune des populations lors de la relaxation de
l'état de Fock n = 4.
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Fig. 1.18 � Evolution des populations lors de la relaxation de l'état de Fock |4〉

1.6.2.b Le champ cohérent

En appliquant la relation (1.154) au cas d'un champ cohérent d'amplitude α, un
calcul direct nous donne :

ρm,n(0) = e−|α|2 α
∗nαm√
n!m!

(1.157)

ρm,n(t) =
e−γ(n+m)t

√
n!m!

∑

l≥0

[1 − e−γt]l

l!
e−|α|2α∗(n+l)α(m+l) (1.158)

ρm,n(t) = e−|αe−γt/2|2 (αe−γt/2)∗n(αe−γt/2)m√
n!m!

(1.159)

Lors de la dissipation, l'état reste un état cohérent pur à la di�érence d'un état de
Fock.

ρ̂(t) = |α(t)〉 〈α(t)| =
∣∣αe−γt/2

〉 〈
αe−γt/2

∣∣ (1.160)

Le seul impact du couplage à l'environnement est la réduction exponentielle de son
amplitude α. Le temps caractéristique de cette réduction est 2/γ. Le nombre moyen de
photons (égal à |α|2) décroît donc avec le même temps caractéristique que l'état de Fock
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à un photon. Expérimentalement, la mesure de la loi de décroissance d'un champ injecté
dans la cavité permet de mesurer le paramètre γ de l'équation pilote.

1.6.2.c Cas d'une superposition d'états de Fock

Un cas intéressant à étudier est la superposition de deux états de Fock : 1√
2
(|n〉+|0〉).

D'après l'expression (1.154), les cohérences de cet état, toutes deux initialement égales à
1/2, s'e�ondrent en un temps caractéristique égale à 2/γn :

ρn,0(t) = e−nγt/2ρn,0(0) (1.161)

Le paramètre √
n quanti�e, en quelque sorte, la distance dans l'espace des phases

entre les deux états composant la superposition (voir �gure 1.19). Pour les états où la
distance est bien dé�nie, le processus de décohérence aura un temps caractéristique inver-
sement proportionnel à cette distance.

Imα

Reα

n n

0

Fig. 1.19 � Coupe des fonctions Q à 1/e associées états |0〉 et |n〉. La distance dans
l'espace des phases entre les états est √n.

Il est à noter que, si les cohérences disparaissent en un temps caractéristique 2/γn,
le système relaxe vers le vide avec une constante de temps égale à 1/γ, tandis que la
population ρn,n, elle, décroît en 1/γn. Ces comportements sont identiques à ceux de la
relaxation d'un état de Fock.

L'étude de la relaxation d'une superposition d'états cohérents nous montrera mainte-
nant comment le concept de distance entre états cohérents apparaît dans l'amortissement
des termes de cohérence.
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1.6.2.d Cas d'une superposition d'états cohérents

Considérons le cas d'une superposition d'états cohérents di�érents en phase. La
matrice densité associée à cet état pur aura la forme générale :

ρ̂chat,ψ,η = 1
Nchat,ψ,η

[
∣∣αeiψ

〉 〈
αeiψ

∣∣+
∣∣αe−iψ

〉 〈
αe−iψ

∣∣

(1.162)
+e−iη

∣∣αeiψ
〉 〈
αe−iψ

∣∣+ eiη
∣∣αe−iψ

〉 〈
αeiψ

∣∣]

où 2ψ est la phase relative entre les deux amplitude des états cohérents, η la phase
quantique de la superposition et Nchat,ψ le coe�cient de normalisation de l'état dé�nie
égale à :

Nchat,ψ,η = 2
[
1 + e−|α|2 cos(2ψ) cos(|α|2 sin(2ψ) − η)

]
(1.163)

Remarquons la structure d'une telle matrice densité. Les deux premiers termes sont
de la forme

∣∣αe−iψ
〉 〈
αe−iψ

∣∣ et sont appelés en conséquence les termes de populations. Ils
se retrouvent dans l'expression de la matrice densité d'un mélange statistique des deux
champs cohérents

∣∣αe−iψ
〉
et
∣∣αeiψ

〉
. Le caractère cohérent de la superposition est mise en

évidence dans la matrice densité par la présence de termes dits de "cohérence" de type∣∣αe−iψ
〉 〈
αeiψ

∣∣.
La relaxation des termes de population est similaire à celle calculée pour un champ

cohérent. Concentrons-nous sur l'un des termes de cohérence σ̂ = e−iη
∣∣αeiψ

〉 〈
αe−iψ

∣∣,
l'autre étant son hermitique conjugué. Son expression est dans la base des états de Fock :

σm,n(0) = e−iηe−|α|2 (αe−iψ)∗n(αeiψ)m√
n!m!

(1.164)

A partir de (1.154), un calcul direct nous fournit les relations suivantes :

σm,n(t) = e−iη
e−γ(n+m)t/2

√
n!m!

∑
l≥0

[1 − e−γt]l

l!
e−|α|2α∗(n+l)α(m+l)eiψ(m+n+2l) (1.165)

σm,n(t) = e−iηe−|α|2(1−e2iψ)(1−e−γt)e−|αe−γt/2|2 (αeiψe−γt/2)∗n(αeiψe−γt/2)m√
n!m!

(1.166)

Finalement nous obtenons l'expression de σ̂(t) :

σ̂(t) = e−iηe−|α|2(1−e2iψ)(1−e−γt) ∣∣αeiψe−γt/2
〉 〈
αe−iψe−γt/2

∣∣ (1.167)

En additionnant les di�érents résultats concernant la relaxation des termes de co-
hérence et de population, la matrice densité après une relaxation de durée t s'écrit :
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ρ̂chat,ψ,η(t) =
1

Nchat

[
∣∣αeiψe−γt/2

〉 〈
αeiψe−γt/2

∣∣

+
∣∣αe−iψe−γt/2

〉 〈
αe−iψe−γt/2

∣∣

+e−iηe−|α|2(1−e2iψ)(1−e−γt) ∣∣αeiψe−γt/2
〉 〈
αe−iψe−γt/2

∣∣

+eiηe−|α|2(1−e−2iψ)(1−e−γt) ∣∣αe−iψe−γt/2
〉 〈
αeiψe−γt/2

∣∣]

(1.168)

La structure en quatre termes est préservée. Deux d'entre eux correspondent aux
termes diagonaux de type

∣∣αeiψ
〉 〈
αeiψ

∣∣ et
∣∣αe−iψ

〉 〈
αe−iψ

∣∣, les deux termes de cohérence
de type

∣∣αe−iψ
〉 〈
αeiψ

∣∣ et
∣∣αeiψ

〉 〈
αe−iψ

∣∣. Ceci est une conséquence du caractère linéaire en
ρ̂ du processus de relaxation décrit par l'équation pilote (1.125). Le couplage au réservoir à
température nulle se manifeste de di�érentes manières. Premièrement, à l'instar du champ
cohérent, chaque terme

∣∣αe±iψ
〉 〈
αe±iψ

∣∣ relaxe sous la forme
∣∣αe−γt/2e±iψ

〉 〈
αe−γt/2e±iψ

∣∣.
Pour des temps très long devant 1/γ, chaque terme convergera vers le vide.

Le fait nouveau est l'e�ondrement des termes de cohérence matérialisé par la pré-
sence d'un facteur multiplicatif complexe. Pour les temps courts, cette réduction de
contraste suit une loi exponentielle dont le temps caractéristique est 2/γD2, où D =
2|α| sin(ψ) représente la distance dans l'espace des entre les deux composantes cohérentes
de la superposition (voir �gure 1.20). Le temps caractéristique de décohérence est plus
court que le temps de relaxation.

Reα

Imα

ψ

|α ie ψ

|α ie− ψ

2 |  | sin( )α ψD=

Fig. 1.20 � Distance entre champs cohérents dans l'espace des phases

Pour des temps de relaxation de l'ordre de 1/γD2, non seulement le poids des cohé-
rences est réduit mais leur phase relative, initialement η, est aussi modi�ée.

η → η − |α|2 sin(2ψ)(1 − e−γt) (1.169)
Plaçons nous dans le cas où le temps de relaxation t véri�e :
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1/γ ≫ t≫ 1/γD2 (1.170)
L'état du système est alors un état mélange statistique des états cohérents

∣∣αeiψ
〉
et∣∣αe−iψ

〉
de matrice densité :

ρ̂chat ∼
∣∣αeiψ

〉 〈
αeiψ

∣∣+
∣∣αe−iψ

〉 〈
αe−iψ

∣∣ (1.171)

Le résultat obtenu ici est en accord avec celui dérivé à l'aide d'une méthode voisine
dans les références [59, 45]. L'avantage de notre méthode réside en l'obtention d'une
solution exacte au problème de la relaxation dans un réservoir à température �nie. Nous
sommes capables de quanti�er l'in�uence de la température sur le processus de relaxation
et, en particulier, sur l'e�ondrement des termes de cohérence d'une superposition.

1.6.3 In�uence de la température
La prise en compte de la température complique le problème. Physiquement, en étant

couplé à un réservoir de température non nulle, le mode du champ peut non seulement
émettre un photon dans le réservoir mais aussi en absorber un.

Nous allons reprendre chaque état étudié dans le paragraphe précédent et insister sur
les di�érences de temps de relaxation. Toutes les expressions de matrices densités seront
issues des relations (1.150) et (1.149). Pour la distinguer du cas à température nulle, nous
appellerons ρ̂T (t) la matrice densité initialement associée à l'état ρ̂ après une relaxation
de durée t dans un réservoir à la température T .

1.6.3.a Relaxation d'un état de Fock à 1 photon |1〉

Pour l'état initial |1〉 〈1|, la matrice densité, à l'instant t, a pour expression :

ρ̂T|1〉〈1|(t) =

(
1 − e−γt

N(t) + 1

)
ρ̂th,N(t) +

e−γt

(N(t) + 1)2
â†ρ̂th,N(t)â (1.172)

Comme pour la relaxation dans un réservoir à température nulle, on garde une
structure en deux composantes. Pour t grand devant 1/γ, l'état du champ est le champ
thermique à la température T .

Il est intéressant de noter sur cet exemple que la température a�ecte, non seulement
l'état vers lequel le système relaxe, mais aussi le temps de relaxation. Aux temps court
devant 1/γ, le temps caractéristique de relaxation est égal à 1/(n̄th + 1)γ. Dans ce cas
on observe une accélération du processus de relaxation due à la température �nie du
réservoir.

1.6.3.b Le champ cohérent

Après une relaxation de durée t dans un réservoir de température T , la matrice
densité, initialement dans l'état |α〉 〈α|, a pour coe�cient C |α〉〈α|

m,n (t) :
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C |α〉〈α|
m,n (t) = e−|α|2 [

e−γt/2

N(t) + 1
]n+mα

mα∗n
√
n!m!

∑

l≥0

[1 − e−γt

(N(t) + 1)
]l
α∗lαl

l!
(1.173)

La matrice densité a pour expression :

ρ̂T|α〉〈α|(t) = e−|α|2e−γt/(N(t)+1) exp

(
αe−γt/2a†

N(t) + 1

)
ρth,N(t) exp

(
α∗e−γt/2a

N(t) + 1

)
(1.174)

Nous essayons maintenant de mettre cette expression sous forme plus intuitive. Le champ
thermique peut s'écrire sous la forme ρN(t) = exp [−λ(t)a†a]/(N(t)+1), avec exp [−λ(t)] =
N(t)/(1+N(t)). On utilise pour cette simpli�cation des relations simples de l'algèbre des
opérateurs a et a† [60]. En particulier, pour toute fonction f analytique, on a :

af(a†a) = f(a†a+ 1)a (1.175)

f(a†a)a† = a†f(a†a+ 1) (1.176)
Finalement l'expression (1.174) devient :

ρ̂T|α〉〈α|(t) = D̂(αe−γt/2)ρ̂th,N(t)D̂(−αe−γt/2) (1.177)

Intuitivement, l'écriture (1.177) de la matrice densité est satisfaisante. Elle sépare
bien en deux parties les e�ets de la température et de la relaxation. La décroissance du
champ cohérent se réalise toujours avec un temps caractéristique égal à 1/γ. Dans ce cas
particulier, l'in�uence de la température est contenue uniquement dans l'état vers lequel
le champ relaxe. Cette séparation des e�ets de thermalisation et de relaxation est une
particularité de l'état cohérent.

1.6.3.c Cas d'une superposition d'états de Fock

Après une relaxation de durée t dans un réservoir de température T, le terme de
cohérence σ de la matrice densité, initialement dans l'état pur (|n〉 + |0〉)/

√
2, a pour

expression :

σ(t = 0) =
1

2
(|n〉 〈0| (1.178)

σ(t) =
e−γnt/2

2(N(t) + 1)n
a† nρth,N(t) (1.179)

Aux temps courts, l'amortissement des termes de cohérence a un temps caractéris-
tique égal à 2/

√
n(2nth+1)γ. Ce temps est simplement obtenu en remplaçant γ à T = 0 K

par (2nth + 1)γ. La température non nulle du réservoir induit donc à une accélération du
processus de décohérence.
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1.6.3.d Relaxation d'un état superposition de champs cohérents dans un ré-
servoir à température non nulle

Considérons maintenant le cas de la relaxation d'une superposition d'états cohérents
de phases di�érentes. La matrice densité aura initialement la forme générale (1.162). On
suppose α réel sans perte de généralité.

Les deux termes de population
∣∣αe−iψ

〉 〈
αe−iψ

∣∣ et
∣∣αeiψ

〉 〈
αeiψ

∣∣ auront une relaxation
similaire à celle d'un état cohérent pur :

∣∣αe−iψ
〉 〈
αe−iψ

∣∣→ D̂(αe−iψe−γt/2)ρ̂th,N(t)D̂(−αe−iψe−γt/2) (1.180)

∣∣αeiψ
〉 〈
αeiψ

∣∣→ D̂(αeiψe−γt/2)ρ̂th,N(t)D̂(−αeiψe−γt/2) (1.181)

Concentrons-nous donc sur l'évolution d'un des termes de cohérence σ̂T initialement égal
à e−iη

∣∣αeiψ
〉 〈
αe−iψ

∣∣, l'autre terme de cohérence étant simplement l'hermitique conjugué
de σ̂T . Un calcul direct nous fournit les relations suivantes :

σTm,n(0) = e−iηe−|α|2 (αe−iψ)∗n(αeiψ)m√
n!m!

(1.182)

σTm,n(t) = e−iηe−|α|2 [ e
−γt/2

N(t)+1
]n+m (αeiψ)m(αeiψ)∗n√

n!m!

∑
l≥0[1 − e−γt

(N(t)+1)
]l (|α|

2ei2ψ)l

l!
(1.183)

Finalement la cohérence σT (t) après une relaxation de durée t a pour expression :

σT (t) = e−iηe−|α|2(1−e2iψ)(1−e−γt/(N(t)+1))e−|α|2e−γt/(N(t)+1)

(1.184)

× exp

(
αeiψe−γt/2a†

N(t) + 1

)
ρth,N(t) exp

(
α∗eiψe−γt/2a

N(t) + 1

)

Cette expression nous permet de connaître la matrice densité exact d'une superposi-
tion d'états cohérents en contact avec un réservoir à une température T . Elle reste di�cile
à interpréter. En particulier, pour connaître le comportement pour des temps petits de-
vant 1/γ, nous préférons calculer la fonction de Wigner W T (β, β∗, t) associée. On notera
βR et βI respectivement les parties réelle et imaginaire de β (β = βR+ iβI). Elle se sépare
en trois termes :

W T (β, β∗, t) =
1

Nchat,ψ,η

(
W T

1 (β, β∗, t) +W T
2 (β, β∗, t) +W T

I (β, β∗, t)
)

(1.185)

Les fonctionsW T
1 etW T

2 correspondent aux fonctions de Wigner associées aux termes
de population après relaxation respectivement égaux à D̂(αeiψe−γt/2)ρ̂th,N(t)D̂(−αeiψe−γt/2)
et D̂(αe−iψe−γt/2)ρ̂th,N(t)D̂(−αe−iψe−γt/2) :
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W T
1 (β, β∗, t) =

2

2N(t) + 1
e−2|αeiψ−β|2/(2N(t)+1) (1.186)

W T
2 (β, β∗, t) =

2

2N(t) + 1
e−2|αe−iψ−β|2/(2N(t)+1) (1.187)

Le termeW T
I (β, β∗, t) provient des termes de cohérence σT (t) et σ†T (t) de la matrice

densité. En suivant la référence [57], une manière commode pour calculer son expression
exacte revient à dériver la fonction caractéristique à partir de la fonction QT

I (β, β∗, t),
contribution à la fonction Q des termes de cohérence. A partir de l'analyse présentée
précédemment et en utilisant la relation (1.149), QT

I (β, β∗, t) a pour expression :

πQT
I (β, β∗, t) =

2

N(t) + 1
e−

|α|2e−γt+|β|2−2βRαe
−γt/2 cos(ψ)

N(t)+1 e−2α2 sin2(ψ)(1− e−γt
N(t)+1

) (1.188)

× cos

(
2βRα sin(ψ)e−γt/2

N(t) + 1
− α2 sin 2ψ(1 − e−γt

N(t) + 1
− η)

)

L'expression de la fonction caractéristique associée à QT
I , χTI (ξ, ξ∗, s = −1), est obtenue

à partir d'une simple transformée de Fourier (ξ = ξR + iξI) :

χTI (ξ, ξ∗, t, s = −1) = e−|ξ|2(N(t)+1) (e−iηe−α
2(1−exp(2iψ))e2iξIα exp(−γt/2)eiψ

(1.189)
+eiηe−α

2(1−exp(−2iψ))e2iξIα exp(−γt/2)e−iψ)

Or χT (ξ, ξ∗, t, s = 0) = e−|ξ|2/2χT (ξ, ξ∗, t, s = −1). Finalement en opérant la transformée
de Fourier inverse, on obtient la contribution W T

I (β, β∗, t) des cohérences à la fonction de
Wigner :

πW T
I (β, β∗, t) =

4

2N(t) + 1
e−

2β2
I+2(βR−αe−γt/2 cos(ψ))2

2N(t)+1 e−2α2 sin2(ψ)(1− e−γt
2N(t)+1

) (1.190)

× cos

(
4βRα sin(ψ)e−γt/2

2N(t) + 1
+ α2 sin 2ψ(1 − 2e−γt

2N(t) + 1
) − η

)

Aux temps courts devant 1/γ, on obtient l'expression :

πW T
I (β, β∗, t) ∼ 4e−2|β|2+2(βR−α cos(ψ))2e−2α2 sin2(ψ)γ(2nth+1)

× cos
(
4βRα sin(ψ) − α2 sin 2ψ − η

)
(1.191)

En comparaison avec la fonction de Wigner d'un état chat (1.78), la fonction de Wigner
(1.191) peut être obtenue à partir de l'expression de la matrice densité (1.162) en mul-
tipliant les termes de cohérence par exp (−D2γ(2nth + 1)t/2), avec D = 2α sin(ψ). Par



66 Éléments de théorie

rapport au cas à température nulle, la température in�ue aux temps courts uniquement
sur le temps de décohérence de la superposition considérée. Le temps de décohérence est
divisé par un facteur 2nth + 1. L'accélération de la vitesse du processus de décohérence
due à la température du réservoir a été obtenue avec di�érentes méthodes [57, 61].

Après avoir vu l'e�et de la décohérence sur un seul mode du champ, nous allons
essayer de décrire quantitativement l'impact de l'environnement sur l'évolution du sys-
tème atome-champ. Le couplage à l'environnement ne concernera que le mode du champ
électromagnétique.

1.6.4 E�et du couplage à l'environnement sur les résurgences
d'oscillations de Rabi

L'interaction entre un atome initialement préparé dans l'état |e〉 et un champ cohé-
rent conduit à la création d'un état intriqué atome-champ. Dans le cadre des approxima-
tions de champs mésoscopiques, l'équation (1.118) montre qu'à chaque état atomique est
corrélée une superposition de champs cohérents mésoscopiques. Comme nous l'avons vu
dans la partie précédente, ces superpositions sont très sensibles au couplage à l'environ-
nement et au phénomène de décohérence. Le but de cette partie est d'essayer d'évaluer
quantitativement l'in�uence de la décohérence sur le signal de résurgences induites.

L'intérêt du phénomène de résurgences induites réside dans le contraste unité à
l'instant de recombinaison. Ainsi ce contraste ne sera sensible qu'aux e�ets de décohérence
sur le champ, le seul système de notre modèle à être couplé à l'environnement.

Rappelons brièvement le protocole d'obtention des résurgences induites. Initiale-
ment, l'atome est préparé dans l'état |e〉 et le champ dans un état cohérent. Pendant la
première interaction résonnante entre 0 et tR, une superposition de champs cohérents est
corrélée à chaque état atomique. Une opération de renversement temporelle est alors ap-
pliquée au système puis l'interaction résonnante reprend. A l'instant 2tR, les oscillations
de Rabi revivent. Pendant tout le temps d'interaction, la distance entre les deux champs
dans l'espace des phases varie.

Si on néglige l'in�uence de la relaxation sur le nombre de photons contenus dans
chaque composante (γt << 1), deux étapes sont à distinguer. Premièrement, la di�érence
de phase 2Φ(t) entre les deux composantes croît jusqu'à un maximum dépendant de
tR. La deuxième étape revient à opérer le processus inverse. Comme nous l'avons vu
dans le paragraphe précédent, à tout instant t, les cohérences de chaque superposition
décroissent exponentionnellement avec un temps caractéristique 2/(γ(2nth + 1)D(t)2),
où D(t) = 2|α| sin(Φ(t)) est la distance entre les deux composantes cohérentes de la
superposition.

La description analytique du couplage simultané du champ à l'atome et au réservoir
est un problème compliqué. Nous appliquons ici un raisonnement phénoménologique. La
dépendance du temps de décohérence dans la distance est prise en compte dans l'expres-
sion du signal de Rabi attendu en fonction du temps d'interaction. A chaque instant, une
distance D(t) caractérise la superposition de champs cohérents. Pendant une durée dt
de relaxation, le contraste des cohérences est réduit suivant la loi dérivée dans la partie
précédente. L'idée revient à intégrer l'e�ondrement des cohérences au fur et à mesure de
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l'évolution du système.
Le point de départ de l'analyse est l'expression de la matrice densité ρ(t) du système

total à l'approximation des champs mésoscopiques après une évolution de durée t :

ρ(t) =
1

2
[
∣∣ψa+(t)

〉 〈
ψa+(t)

∣∣⊗ |α+(t)〉 〈α+(t)|

+
∣∣ψa−(t)

〉 〈
ψa−(t)

∣∣⊗ |α−(t)〉 〈α−(t)|

+e−iΩ0
√
n̄ t
∣∣ψa+(t)

〉 〈
ψa−(t)

∣∣⊗ |α+(t)〉 〈α−(t)|

+eiΩ0
√
n̄ t
∣∣ψa+(t)

〉 〈
ψa−(t)

∣∣⊗ |α−(t)〉 〈α+(t)|] (1.192)

On applique à chaque élément de la matrice du champ le facteur multiplicatif dû
au processus de décohérence. On se restreint au cas où γt << 1 et pour l'instant au cas
du réservoir à température nulle. Comme nous l'avons vu dans le paragraphe précédent,
les populations ne sont pas a�ectées par la décohérence. Le terme de cohérence égal à∣∣αeiΦ(t)

〉 〈
αe−iΦ(t)

∣∣ (
∣∣αe−iΦ(t)

〉 〈
αeiΦ(t)

∣∣) est multiplié par un facteur g(t) (g∗(t)) égal à :

g(t) = exp

(
−2γ|α|2

∫ t

0

dt′ sin2(Φ(t′)

)
exp

(
−iγ|α|2

∫ t

0

dt′ sin(2Φ(t′)

)
(1.193)

Le résultat de la mesure de Pg(t) est :

Pg(t) = Tr[|g〉 〈g| ρ(t)]

=
1

4
Trchamp[

∣∣αe−iΦ(t)
〉 〈
αe−iΦ(t)

∣∣+
∣∣αeiΦ(t)

〉 〈
αeiΦ(t)

∣∣

(1.194)
−g(t)e−i2Φ(t)n̄

∣∣αe−iΦ(t)
〉 〈
αeiΦ(t)

∣∣− g∗(t)ei2Φ(t)(n̄+1)
∣∣αeiΦ(t)

〉 〈
αe−iΦ(t)

∣∣]

avec Φ(t) = Ω0t/4
√
n̄. Finalement le signal d'oscillation de Rabi est directement déduit

de cette expression.

Pg(t) =
1

2
[1 − e−n̄

∫ t
0 2 sin2(Φ(t′))(1−e−γt′ )dt′e−n̄(1−cos(2Φ(t))) cos(

Ω0

√
n̄

2
t+ n̄ sin(

Ω0

2
√
n̄
t) + η(t))]

(1.195)
Sur l'expression (1.195), les trois e�ets importants discutés tout au long de cette thèse
sont séparés. En e�et, le contraste de la partie oscillante de Pe(t), représentant l'oscillation
de Rabi, dépend de deux fonctions réelles. La première a pour expression :

exp

(
−n̄[1 − cos(

Ω0t

2
√
n̄

)]

)
(1.196)
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Elle exprime le phénomène d'e�ondrement de de résurgence des oscillations de Rabi.
Les termes nouveaux proviennent du couplage du mode à l'environnement. Ils ap-

paraissent sous la forme d'une réduction de contraste et d'un déphasage des oscillations
de Rabi. Le terme de réduction de contraste a pour expression :

|g(t)| = exp

(
−2n̄γ

∫ t

0

sin2(
Ω0t

′

4
√
n̄

)dt′
)

(1.197)

On rappelle que cette expression n'est valable qu'aux temps courts. L'approximation
utilisée ne prend pas en compte les termes de di�usion de phase responsables de la réduc-
tion de contraste des résurgences spontanées. Le terme de déphasage a pour expression :

η(t) = −γn̄
∫ t

0

sin(
Ω0t

2
√
n̄

)dt′ (1.198)

On note que la contribution du déphasage est nulle pour les résurgences spontanées.
Analysons maintenant l'expression attendue pour les résurgences induites. A partir de
l'instant tR, l'évolution est renversée dans le temps de celle subit par le système total
entre 0 et tR. L'expression de la probabilité de détecter l'état |e〉 en fonction du temps
d'interaction t devient alors pour t ≥ tR :

Pg(t) =
1

2
[1 − h(t)e−n̄(1−cos(2iΦ(2tR−t))) cos(

Ω0

√
n̄

2
(2tR − t) + n̄ sin(

Ω0

2
√
n̄

(2tR − t)) + r(t))]

(1.199)
La fonction h est dé�nie par :

h(t) = e−2γ|α|2
∫ tR
0 sin2(Φ(t′))dt′e−2γ|α|2

∫ tR
2tR−t sin2(Φ(t′))dt′ (1.200)

Elle contient tout l'e�et de la décohérence sur le contraste des oscillations. La fonction r
est dé�nie par :

r(t) = e−|α|2γ
∫ tR
0 sin(2Φ(t′))dt′e−|α|2γ

∫ tR
2tR−t sin(2Φ(t′))dt′ (1.201)

Elle exprime le déphasage induit par le couplage à l'environnement. Au contraire des
résurgences spontanées, la contribution de ce déphasage pour les résurgences induites
n'est pas nul.

Au contraire des résurgences spontanées, l'expression analytique des résurgences in-
duites est en total accord avec une intégration numérique de l'équation maîtresse. L'opé-
ration de renversement du temps annule l'e�et des dispersions responsables des di�érences
observées pour les résurgences spontanées. Notre prédiction phénoménologique 1.199 et le
résultat d'une intégration numérique sont superposables dans le cas à température nulle.

L'information importante pour quanti�er l'e�et de la décohérence sur la superposi-
tion d'états cohérents est contenue dans le contraste des résurgences induites. A l'instant
2tR de reconstruction de l'état initial, le contraste des oscillations résurgentes est unique-
ment dépendant de la valeur de la fonction g(2tR). Nous pouvons expliciter analytiquement
son expression :
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Fig. 1.21 � Contraste des résurgences au point de recombinaison tR en couplage avec un
réservoir dé�ni par une température T = 0K (en trait continu), T = 3.6 K(n̄th = 1)
(en traits disjoints) et T = 6 K(n̄th = 2)(en pointillés). La fréquence de Rabi est égale à
49 kHz.

h(2tR) = exp[−2γ|α|2 tR +
4γ(|α|2)3/2

Ω0

sin(
Ω0 t

R

2
√
n̄

)] (1.202)

L'impact de la température sur le contraste des résurgence est directement prise en
compte en remplaçant γ par (2nth + 1)γ dans la formule précédente.

hth(2t
R) = exp[−2γ(2nth + 1)n̄ tR +

4(2nth + 1)γ(n̄)3/2

Ω0

sin(
Ω0 t

R

2
√
n̄

)] (1.203)

La �gure 1.21 représente la fonction hth(2tR) en fonction du temps de recombinai-
son et pour di�érentes températures T de réservoir. Elle correspond au contraste des
résurgences induites des oscillations de Rabi au temps de recombinaison pour di�érentes
séparations atteintes. La température réduit le temps de décohérence signi�cativement.

La comparaison entre le contraste obtenu au point de recombinaison par une simu-
lation numérique sans approximation de l'équation pilote du système total et le résultat
(1.203) de notre calcul est présentée sur la �gure (1.22). On observe un très bon accord.
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Fig. 1.22 � Comparaison entre le contraste des résurgences induites au point de recombi-
naison calculés par simulation numérique et par la relation (1.203) à T = 0K et T = 3.6K
(nth = 1), avec le facteur de qualité de la cavité égal à 3×108 et un nombre de photons égal
à 30. En trait plein, la probabilité calculé de détecter |e〉 lors d'une interaction résonnante
l'atome et un champ cohérent avec inversion de temps. En trait pointillé, la prédiction
phénoménologique de la probabilité de détecté l'état |e〉 au point de recombinaison 2tR.
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Nous avons donc �nalement une expression analytique de l'évolution du contraste des
résurgences induites en fonction du temps de recombinaison. Cette expression ne dépend
que du temps de recombinaison, de la fréquence de Rabi du système atome-champ, de la
température et du temps de vie du photon dans la cavité. Plus le temps de recombinaison
est important, plus le système atome-champ sera sensible au phénomène de décohérence
et plus le contraste des résurgences induites sera réduit.

Dans le prochain paragraphe nous allons étudier comment les deux composantes
cohérentes d'une superposition créée par un premier atome peuvent être recombinées
grâce à l'interaction résonnante avec un second atome.
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1.7 Interaction d'un atome à deux niveaux avec une
superposition d'états cohérents

Une second protocole pour recombiner les deux composantes cohérentes de la super-
position créée par un atome consiste à envoyer un second atome en interaction résonnante.
Dans ce chapitre, notre intérêt se porte sur les caractéristiques des oscillations de Rabi
dans une superposition de champs cohérents. En particulier, nous verrons comment les
concepts développés dans les paragraphes précédents permettent de détailler l'évolution
attendue du système. Les oscillations de Rabi exhibent de nouvelles résurgences, simi-
laires dans le principe à celles mises en lumière précédemment. De la même manière, ces
résurgences quanti�eront la cohérence de la superposition ainsi sondée. On comparera la
probabilité Pg(t) de détecter l'atome dans l'état |g〉 lorsque l'atome interagit avec une
superposition cohérente ou un mélange statistique. Toute la discussion sera réalisée sans
relaxation du champ.

Du point de vue du champ, la succession de deux interactions résonnante avec deux
atomes di�érents correspond à une expérience interférométrique dans l'espace des phases
utilisant des champs mésoscopiques. La résurgence attendue des oscillations de Rabi s'in-
terprète comme le signal d'interférence entre deux voies d'un interféromètre portant sur
l'état du champ.

1.7.1 Oscillation de Rabi
Comme nous l'avons remarqué précédemment, la probabilité de détecter l'atome

dans l'état |e〉 après l'interaction d'une durée t avec un mode du champ n'est sensible
qu'aux populations P (n) associées à chaque état de Fock |n〉 de l'état du champ considéré.

On considère ici le cas de l'interaction de l'atome avec une superposition de champs
cohérents. Nous rappelons ici la fonction d'onde associée. Trois paramètres dé�nissent
complètement cet état : αeiψ et αe−iψ sont respectivement l'amplitude de chacun deux
champs cohérents de la superposition, leur di�érence de phase classique est égale à 2ψ et
η est la phase quantique de la superposition. Nous rappelons ici l'expression du vecteur
d'onde associé à cet état :

|Ψchat,ψ,η〉 =
1

Nchat

(
∣∣αeiψ

〉
+ eiη

∣∣αe−iψ
〉
) (1.204)

avec Nchat,ψ,η le coe�cient de normalisation égal à 2(1+ e−|α|2 cos(2ψ) cos(|α|2 sin(2ψ)−η)).
La population Pn de chaque état de Fock |n〉 est alors :

Pchat(n) =
1

Nchat,ψ,η

(
e−|α|2 |α|2n

n!
[2 + 2 cos(2nψ − η)]

)
(1.205)

La �gure 1.23 représente l'évolution du transfert atomique en fonction du temps
d'interaction (voir équation (1.104)). En comparaison avec les oscillations de Rabi dans
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(b)

(a)

Fig. 1.23 � Oscillation de Rabi dans un champ cohérent (a) et dans une superposition
d'état cohérent |α|2 = 30 photons, ψ = π/3 et η = 0 (b)
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Fig. 1.24 � Etat initial du système : atome dans l'état |e〉 et le champ dans l'état super-
position de champs cohérents.

un état cohérent, on note l'apparition de nouvelles résurgences entre 0 et tres. Nous al-
lons interpréter ces oscillations de Rabi en tirant partie de l'approximation des champs
mésoscopiques.

1.7.2 Analogie avec le processus de résurgences
L'état initial du système est l'atome dans |e〉 et le champ dans un état superposition

de champs cohérents |Ψchat〉 :

|Ψ(t = 0)〉 = |e〉 ⊗ 1√
Nchat

(
∣∣αeiψ

〉
+ eiη

∣∣αe−iψ
〉
) (1.206)

L'état initial atomique peut être réécrit de manière à corréler à chaque état du champ
de la superposition les états propres de l'atome en couplage résonnant. On se place dans le
cas où les deux composantes cohérentes ont un recouvrement nul. Dans ce cas, Nchat = 2

|Ψ(t = 0)〉 =
1

2
√

2

(
e−iψ

[
(eiψ |e〉 + |g〉) + (eiψ |e〉 − |g〉)

]
⊗
∣∣αeiψ

〉

(1.207)
+eiη+iψ

[
(e−iψ |e〉 + |g〉) + (e−iψ |e〉 − |g〉)

]
⊗
∣∣αe−iψ

〉)

La représentation de l'état initial dans l'espace à deux dimensions superposant es-
pace des phases et plan équatorial de la sphère de Bloch est présentée sur la �gure (1.24).
En vertu de la linéarité de l'évolution hamiltonienne, nous pouvons traiter séparément les
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parties de la superposition associées aux deux composantes cohérentes et les superposer
ensuite. Nous nous retrouvons pour chacune de ces parties dans la situation de l'interac-
tion entre un champ cohérent et un atome à deux niveaux initialement dans l'état |e〉.
Lors de l'interaction, deux états propres atome-champ sont créés pour chaque partie et
subissent des rotations lentes de sens opposé et de pulsation Ωt/4

√
n̄. Dans l'approxi-

mation des champs cohérents mésoscopiques, il existe une expression simple des champs
produits en négligeant les termes de di�usion de phase. Finalement la fonction d'onde a
pour expression après un temps d'interaction t :

|Ψ(t)〉 =
1

2
√

2

[
e−i

Ω0
4

√
n̄t
∣∣∣αeiψ−i

Ω0
4
√
n̄
t
〉

(e
−i Ω0

4
√
n̄
t |e〉 + e−iψ |g〉)

+ei
Ω0
4

√
n̄t
∣∣∣αeiψ+i

Ω0
4
√
n̄
t
〉

(e
i

Ω0
4
√
n̄
t |e〉 − e−iψ |g〉)

+eiηe−i
Ω0
4

√
n̄t
∣∣∣αe−iψ−i

Ω0
4
√
n̄
t
〉

(e
−i Ω0

4
√
n̄
t |e〉 + eiψ |g〉)

+eiηei
Ω0
4

√
n̄t
∣∣∣αe−iψ+i

Ω0
4
√
n̄
t
〉

(e
i

Ω0
4
√
n̄
t |e〉 − eiψ |g〉)

]
(1.208)

Un phénomène nouveau apparaît lorsque deux champs cohérents issus d'une partie
di�érente de la superposition initiale se recouvrent dans l'espace des phases. A ce moment
le système se trouve dans une situation analogue à celle de la résurgence des oscillations de
Rabi. Cette situation va se traduire par la résurgence des oscillations de Rabi. Ce recou-
vrement ne concernant que la "moitié" de la fonction d'onde, le contraste des oscillations
attendu sera divisé par deux par rapport aux résurgences spontanée.

La �gure (1.25) résume les principaux temps d'interaction de l'évolution du système.
Au début de l'interaction, chacun des deux champs cohérents se sépare en deux. Du point
de vue de l'atome, une fois la séparation accomplie, le transfert atomique reste égal à
1/2 (�gure (1.25a)). Le temps caractéristique d'e�ondrement est le même que celui des
oscillations de Rabi dans un champ cohérent. Il est important de noter que, jusqu'à cet
instant, nous ne pouvons pas distinguer les oscillations de Rabi dans un champ cohérent
ou dans une superposition.

Les recouvrements interviennent pour trois temps di�érents : t = 4
√
n̄ψ/Ω0 (�gure

(1.25b)), t = 4
√
n̄(π−ψ)/Ω0 (�gure (1.25c)) et t = 4

√
n̄π/Ω0. Nous assistons pour les deux

premiers temps d'interaction à une superposition de deux champs issus d'un état cohérent
di�érent de la superposition initiale. Naturellement, ce phénomène est caractéristique de
la superposition et ne se retrouve pas dans le cas des oscillations de Rabi dans un mélange
statistique. Sur l'oscillation de Rabi, le recouvrement de deux champs se traduit par une
résurgence des oscillations. Sur la �gure 1.25e, le contraste des résurgences b et c est
inférieur à 1/2 en raison de l'e�et de la di�usion de phase. Pour t = 4

√
n̄π/Ω0, on

retrouve la situation où chaque "état propre" atome-champ a e�ectué une rotation de
π (�gure (1.25d)). Les composantes de champ issues du même champ cohérent initial
se superposent à nouveau. L'état du système est très proche de l'état initial. Cette fois
l'ensemble de la fonction d'onde est concerné par la superposition et le contraste attendu
est maximum aux e�ets de di�usion de phase près.
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Fig. 1.25 � Représentation de l'évolution de la fonction d'onde du système pendant l'in-
teraction résonnante entre un atome initialement dans l'état |e〉 et un champ initialement
dans une superposition d'états cohérents. Quatre champs cohérents sont produits. On
les note 1, 2, 3 et 4 pour les repérer au cours de l'évolution.(a) Chaque état cohérent
se sépare en deux composantes : e�ondrement des oscillations de Rabi (b) A l'instant
dé�ni par Ω0t/4

√
n̄ = ψ, les deux composantes 2 et 3, issues de deux champs di�érents

de la superposition, se recouvrent : résurgence des oscillations de Rabi. (c) A l'instant
dé�ni par Ω0t/4

√
n̄ = π − ψ, les deux composantes 1 et 4 se superposent : résurgence

des oscillations de Rabi. (d) A l'instant dé�ni par Ω0t/4
√
n̄ = π, les deux composantes

issues de chaque champ cohérent se superposent (1-2 et 3-4) : résurgence des oscillations
de Rabi. (e) Oscillation de Rabi dans une superposition de deux champs cohérents de
même nombre moyen de photons égal à 30 et séparés d'une di�érence de phase classique
égal à 2π/3. Chacun des instants de chaque événement présenté dans les �gures (a), (b),
(c) et (d) sont représentés respectivement par a, b, c et d sur le graphe des oscillations.
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Dans le cas d'un mélange statistique, l'atome interagit une fois sur deux avec l'un
ou l'autre des champs cohérents. Par conséquent, le signal d'oscillation de Rabi attendu
est celui de l'interaction avec un champ cohérent. Les nouvelles résurgences induites entre
l'instant initial et le temps de résurgences tR = 4π

√
n̄/Ω0 sont directement reliées à la

cohérence de la superposition ainsi sondée.
Une information supplémentaire sur la phase quantique de la superposition est conte-

nue dans la phase du signal des oscillations des résurgences pour t = 4
√
n̄ψ/Ω0 et pour

t = 4
√
n̄(π − ψ)/Ω0.

1.7.3 e�et sur l'atome : sensibilité des oscillations à la phase de
la superposition

Nous allons ici calculer le signal d'oscillations de Rabi à partir de l'expression de la
fonction d'onde du système dérivée dans le paragraphe précédent. Dans ce cadre théorique,
nous savons que le contraste ne sera pas bien prédit. Notre but est ici uniquement de
comprendre les caractéristiques de phase et de fréquence de l'oscillation de Rabi.

A partir de l'expression de l'évolution de la fonction d'onde (1.208), l'expression de
la probabilité de détecter l'atome dans |g〉 est :

Pg(t) =
1

2
− 1

8
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√
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2
t
(
〈αeiψ+i
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t
∣∣∣αeiψ−i

Ω0
4
√
n̄
t
〉
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〉
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4
√
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t
∣∣∣αe−iψ−i

Ω0
4
√
n̄
t
〉)

+ c.c.
]

(1.209)

En dé�nitive en utilisant l'équation (1.120), nous obtenons l'expression du signal d'oscil-
lation de Rabi :

Pg(t) =
1

2
− 1

4

[
e
−n̄2(1−cos(

Ω0
2
√
n̄
t−2ψ))

cos(Ω0
√
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2
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2
√
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(1.210)

Comme attendu, cette expression présente trois résurgences des oscillations à trois
temps di�érents. On retrouve le temps de résurgences de l'oscillation de Rabi dans un
champ cohérent Ω0t/4

√
n̄ = π et deux nouvelles résurgences centrées à un temps dé�ni
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par Ω0t/4
√
n̄ = ψ et Ω0t/4

√
n̄ = π − ψ. Autour de chacun des temps de résurgence, les

oscillations de Rabi ont une pulsation caractéristique égale à Ω0

√
n̄.

Le point nouveau réside dans le déphasage de ces oscillations les unes par rapport
aux autres. En e�et, les trois résurgences décrites par l'équation d'évolution (1.210) ont
une phase au point de recombinaison égale respectivement à η + 2ψ, −η − 2ψ et 0. Il est
intéressant de noter que deux états superposition de phases η di�érentes pourront être
distingués par cette oscillation de Rabi.

Sur la �gure 1.26, on considère une superposition caractérisée par α =
√

30 et
ψ = π/6. La première résurgence dé�nie par Ω0t/4

√
n̄ = ψ est représentée pour deux

phases quantiques de la superposition initiale : η = 0 et η = π. Les deux oscillations de
Rabi calculées sans approximation, présentés sur la �gure 1.26, con�rment les résultats de
notre approximation. On remarque que le contraste est égal à 1/2. Les e�ets de di�usion
de phase sont négligeables dans ce cas.

P
g

Fig. 1.26 � Oscillations de Rabi dans des superpositions d'états cohérents dé�nis par
|α|2 = 30 photons, ψ = π/6, η = 0 (ligne pleine) et η = π

1.7.4 e�et sur le champ : interféromètre à champs mésoscopiques
Sur le champ, l'e�et principal de l'interaction résonnante d'un état cohérent |α〉

avec un atome à deux niveaux est la production d'une superposition de deux états co-
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hérents. Cette opération peut être interprétée comme une "lame séparatrice" à champs
mésoscopiques dans l'espace des phases.

La combinaison de deux de ces lames conduit en général à la réalisation d'un inter-
féromètre. Considérons l'expérience suivante à deux atomes : le premier prépare le champ
dans une superposition de champs cohérents et réalise donc la première opération de lame
séparatrice, le second lui interagit avec le champ cohérent et réalise la seconde opération
de lame séparatrice. Chacune des composantes cohérentes de la superposition créée est à
son tour séparée en deux. Les di�érentes résurgences s'interprètent alors comme le signal
d'interférence de l'interféromètre ainsi créé correspondant à la recombinaison de deux des
composantes.

Un e�et intéressant apparaît sur le champ si on projette le second atome dans un
état particulier. A partir de l'expression (1.208), au temps d'interaction tint dé�ni par
Ω0tint/4

√
n̄ = ψ, l'état total du système a pour expression :

|Ψ(tint)〉 =
1

4
√
Nchat

[
e−i

Ω0
4

√
n̄ tint |α〉 (e−iψ |e〉 + e−iψ |g〉)

+ei
Ω0
4

√
n̄ tint

∣∣αei2ψ
〉
(eiψ |e〉 − e−iψ |g〉)

+eiηe−i
Ω0
4

√
n̄ tint

∣∣αe−i2ψ
〉
(e−iψ |e〉 + eiψ |g〉)

+eiηei
Ω0
4

√
n̄ tint |α〉 (eiψ |e〉 − eiψ |g〉)

]
(1.211)

Dans l'expression (1.211), l'état de l'atome Ψat,|α〉(tint) corrélé avec le champ cohérent
|α〉 a pour expression :

Ψat,|α〉(tint) = eiη/2
(
cos(Ω0

√
n̄ tint/4 + ψ + η/2) |e〉 + i sin(Ω0

√
n̄ tint/4 + ψ + η/2) |g〉

)

(1.212)
A l'instant tint, la projection de l'atome dans |g〉 ou dans |e〉 conduit à deux états

du champs di�érents. Nous représentons sur la �gure 1.27 le champ corrélé à chaque état
atomique. En choisissant la phase η telle que Ω0

√
n̄ tint/2 + ψ + η/2 soit égal à π/2

modulo π, la projection dans |e〉 produit un champ superposition de deux états cohérents,
la projection dans |g〉 une superposition de trois états cohérents.
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Fig. 1.27 � Coupe de la fonction Q à 1/e du champ corrélé à l'état |g〉 (a) et à l'état |e〉
(b)
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Conclusions
Revenons sur les principaux résultats dérivés dans cette partie théorique. L'oscilla-

tion d'un atome à deux niveaux dans un champ cohérent voit son amplitude s'e�ondrer et
revivre. Dans l'approximation des champs mésoscopiques, ces phénomène peuvent être in-
terprétés comme le résultat de l'intrication de l'état atomique avec deux champs cohérents
de même amplitude et de phases di�érentes. Pendant l'interaction, chaque composante
cohérente du champ subit une rotation de sens opposé. De ce point de vue, l'interaction
résonnante conduit à la création de superposition d'états cohérents mésoscopiques. La
résurgence spontanée des oscillations de Rabi s'interprète comme le recouvrement des
deux champs cohérents après une rotation de phase égale à π et prouve la cohérence de
la superposition produite.

Pour étudier le phénomène de décohérence, il est intéressant de considérer les résur-
gences d'oscillation de Rabi produite à partir d'une opération de renversement du temps
sur le système. D'une part, cette technique permet de varier très facilement la séparation
entre les deux états cohérents de la superposition. D'autre part, elle permet de distin-
guer les e�ets cohérents des e�ets de dissipation. Le contraste des résurgences induites au
point de recombinaison est uniquement dépendant de la cohérence de l'état produit. Un
modèle phénoménologique permet de rendre compte précisément des e�ets du couplage
à un réservoir à la température T sur le contraste des résurgences induites au point de
recombinaison.

Une autre technique pour recombiner les deux composantes cohérentes consiste à
réaliser l'interaction résonnante d'un second atome avec la superposition produite. Des
résurgences de l'oscillation de Rabi du second atome caractérisent la cohérence de la
superposition de champs cohérents sondée.

Les caractéristiques de notre montage réalisent les conditions de couplage fort et au-
torisent l'exploration des e�ets du couplage résonnant d'un atome avec un mode du champ
électromagnétique dans un état cohérent. Nous allons présenter le dispositif expérimental
dans le chapitre suivant.
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Chapitre 2

Dispositif et techniques expérimentales

Plusieurs années ont été nécessaires pour façonner l'expérience telle qu'elle m'a été
con�ée. Des descriptions complètes de ses di�érents éléments sont disponibles dans les
manuscrits de thèse des précédents doctorants [62, 63, 64, 45, 65, 66, 67]. Le but de ce
chapitre est de présenter rapidement ces outils expérimentaux.

Conceptuellement, le système étudié est très simple. Le gain en simplicité est au
prix de complications expérimentales certaines. A�n d'obtenir des atomes à deux niveaux
et d'isoler un mode du champ il est nécessaire d'utiliser des outils expérimentaux non
triviaux. En e�et, les atomes sont en général caractérisés par une multitude de niveaux.
En isoler deux, couplés avec un seul mode du champ électromagnétique et avec un grand
temps de vie, est une entreprise délicate. Les atomes de Rydberg circulaires dans une
cavité représentent de bons candidats pour approcher la situation idéale d'un atome à
deux niveaux couplé à un mode du champ électromagnétique.

Le premier acteur de l'interaction dans notre expérience est un atome 85Rb excité
dans l'un des niveaux de Rydberg circulaires. Les deux niveaux utilisés sont caractérisés
par des nombres quantiques principaux 50 et 51, ils sont respectivement notés |e〉 et |g〉.
Les caractéristiques de ces états sont idéales pour atteindre le régime de couplage fort :
leur temps de vie est très long en environnement cryogénique et le dipôle de la transition
entre niveaux circulaires est très grand. Toutes leurs caractéristiques et le protocole de
préparation sont présentées dans la partie (2.2.1). Ma thèse a donné lieu à l'exploration
d'un nouveau schéma d'excitation des atomes dans les niveaux de Rydberg. Ce travail a
conduit à une augmentation du nombre d'atomes disponibles dans les états de Rydberg
circulaires. Le nouveau protocole d'excitation est décrit précisément dans l'annexe (C).

Le deuxième acteur est un mode résonnant d'une cavité en con�guration Fabry-
Pérot. Les miroirs de cette cavité sont en Niobium massif. A 1.3K, ils sont utilisés dans le
régime supraconducteur ce qui limite leur absorption. Un polissage optique des surfaces des
miroirs permet d'atteindre un temps de vie du photon de 1 ms. Toutes les caractéristiques
de la cavité sont présentées dans la partie (2.3)

Le con�nement du champ réalisé dans les expériences de CQED permet d'augmenter
le champ électrique par photon E0. En ajoutant cette spéci�cité au grand dipôle des atomes
de Rydberg et au long temps de vie du champ, le régime de couplage fort est atteint. La
pulsation de Rabi du vide Ω0 mesurée est 2π × 49 kHz.
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Nous terminerons ce chapitre par la présentation de quelques techniques addition-
nelles de mesure et de calibration.
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2.1 Le dispositif expérimental

Le dispositif expérimental est représenté sur la �gure 2.1. Les atomes de 85Rb sont
issus d'un four sous la forme d'un jet atomique horizontal qui traverse le montage. Le
four, placé dans une enceinte à vide séparée du cryostat principal, est chau�é à 190�C.
A la sortie du four, les atomes sont caractérisés par des vitesses thermiques entre 150 et
600 m/s. Des diaphragmes successifs limitent l'extension transverse du jet à moins d'un
millimètre.

Les atomes croisent en premier lieu la zone de sélection de vitesse. Un système de
pompage optique sélectif en vitesse permet de n'exciter, dans le niveau initial de circula-
risation, que les atomes qui ont la vitesse souhaitée. L'écart relatif de la vitesse de chaque
paquet produit est ∆v/v ∼ 10%. Il sera décrit au paragraphe 2.2.3.

Le jet pénètre ensuite dans l'enceinte à vide principale qui contient le coeur de
l'expérience, refroidi à 1.3K. Les atomes sont excités par laser dans les niveaux de Rydberg
dans une région d'environ 0,5 mm de rayon dé�nie par l'intersection des trois faisceaux
laser d'excitation. La suite du processus d'excitation dans les niveaux circulaires |n = 51〉
ou |n = 52〉, appelé circularisation, est complexe et sera décrite en détail en annexe.

Le résultat de ces deux premières opérations est de préparer des paquets d'atomes
dans les états de Rydberg circulaires avec une vitesse bien dé�nie : ces deux opérations
sont pulsées et leur synchronisation varie selon la vitesse désirée. La très grande sélec-
tivité de la sélection de vitesse additionnelle par temps de vol nous a permis d'obtenir
une dispersion en vitesse des paquets relative de 1%. La position de l'atome pendant la
traversée de l'expérience est connue avec une résolution de 1 mm. Le processus d'exci-
tation est poissonnien. La plupart du temps, le paquet atomique excité ne contient pas
d'atome, quelquefois il n'en contient qu'un, de très rares fois il en contient deux. En post-
sélectionnant les événements à un atome, nous obtenons une information sur la dynamique
d'un atome unique en interaction avec un mode du champ électromagnétique.

Les atomes pénètrent ensuite dans la "cavité" (entre les deux miroirs) où sont e�ec-
tuées les opérations de contrôle cohérent de l'état atomique. Cette dernière sera décrite
en détail dans la partie 2.3. Dans cette zone deux types d'interaction avec le champ
électromagnétique sont possibles.

L'atome peut interagir avec le mode de la cavité, et y e�ectuer des oscillations
de Rabi quantiques (car nous sommes dans les conditions de couplage fort). Un champ
électrique appliqué entre les miroirs permet de contrôler par e�et Stark en temps réel
la fréquence atomique et par conséquent le temps d'interaction de chaque atome avec la
cavité avec une résolution de 100 ns. Comme on peut le constater sur la �gure 2.1, des
champs cohérents sont injectés dans le mode de la cavité en couplant ce dernier à une
source externe Sc par un petit trou percé dans un miroir.

L'état atomique peut aussi être manipulé de manière cohérente par interaction avec
des sources externes lorsque les atomes se trouvent entre les miroirs de la cavité. En e�et,
un autre guide d'onde, qui débouche sur le côté de la cavité, permet de coupler directement
les atomes à une source extérieure. Grâce à ces opérations individuelles sur les atomes,
nous pouvons réaliser, par exemple, un interféromètre de Ramsey, dont le fonctionnement
sera décrit au paragraphe 2.6.2 .
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Après la cavité, les atomes arrivent au niveau du détecteur. Le seul signal expéri-
mental disponible est l'état de l'atome après son passage dans l'expérience. Le détecteur
ionise sélectivement les atomes de Rydberg circulaires en fonction de leur état interne.
Cette opération est réalisée en appliquant un grand champ électrique aux atomes. Au
dessus d'un certain seuil, l'électron de valence est arraché de la structure atomique et
détecté. Cette méthode de détection a une e�cacité de l'ordre de 80% et elle permet de
distinguer les di�érents niveaux circulaires, en particulier |e〉 et |g〉. Le fonctionnement de
ce détecteur est décrit dans la partie (2.2.4).

Pour mesurer la population moyenne de chaque niveau atomique, il su�t de re-
commencer la séquence expérimentale un grand nombre de fois et de reconstituer les
probabilités �nales de détecter l'atome dans le niveau |e〉 ou dans le niveau |g〉.
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2.2 Les atomes de Rydberg circulaires

Les états de Rydberg � circulaires � sont caractérisés par un nombre quantique prin-
cipal n élevé et par des nombres quantiques orbital l et magnétique m maximaux, égaux
à n−1. Il s'agit d'états hydrogénoïdes où l'électron de valence d'un élément alcalin décrit
une orbite circulaire de très grand rayon autour du c÷ur ionique de l'atome. Les structures
�ne et hyper�ne de ces états sont négligeables comparées aux fréquences caractéristiques
de l'expérience. Parmi les di�érents atomes alcalins, nous utilisons le 85Rb. Cet élément a
la particularité d'avoir des fréquences de transitions, du niveau fondamental vers les états
de Rydberg, accessible à l'aide de diodes lasers.

Dans cette section, nous nous contenterons de résumer les principales caractéris-
tiques de ces états. Le principe du processus d'excitation sera, lui, détaillé en annexe.

2.2.1 Propriétés

Dans les expériences discutées dans ce manuscrit, les états atomiques qui constituent
le système à deux niveaux sont les états de Rydberg circulaires avec n = 51 (dorénavant
appelé état |e〉) et n = 50 (état |g〉). La fréquence de la cavité est accordée sur la tran-
sition entre ces deux états. Il est très utile de disposer également d'un état circulaire
supplémentaire non couplé par le champ de la cavité à un autre niveau. A cet e�et, nous
nous sommes servis de l'état n = 49 (état |i〉). La �gure 2.2 montre les trois états et les
fréquences de transitions e− g et g − i.

Pour calculer approximativement les fréquences des transitions entre ces niveaux
nous pouvons considérer l'atome de rubidium comme un atome d'hydrogène dont la masse
est remplacée par la masse du coeur ionique du rubidium. Les énergies des niveaux varient
en n−2, et la transition entre deux niveaux successifs n et n−1 varie en n−3. La fréquence
des transitions entre les niveaux considérés se trouve dans le domaine micro-onde, autour
de 50 GHz. Cette fréquence correspond à des longueurs d'onde de 6 mm.

 |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 trois niveaux de Rydberg circulaires utilisés dans nos expériences.
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Un grand dipôle électrique

Le rayon de l'orbite de l'électron de valence d'un atome de Rydberg, en utilisant
l'approximation hydrogénoïde, varie en n2a0, où a0 = 0, 53 · 10−10 m est le rayon de Bohr.
Par conséquent l'élément de matrice du dipôle varie approximativement en n2. Le calcul
exact donne :

|dn,n−1| = |q| |〈n, l = n− 1,m = n− 1| r |n− 1, l = n− 2,m = n− 2〉|
=

√
2
n(n− 1)2

2n− 1

(
1 − 1

(2n− 1)2

)n
|q|a0

≃ n2 |q|a0√
2

si n≫ 1

(2.1)

où q représente la charge de l'électron. Pour n=51, |d51,50| ≃ 1776 · |q|a0 alors que, pour
n=50, |d50,49| ≃ 1680 · |q|a0. Ces valeurs de dipôle sont très grandes à l'échelle atomique.
Les atomes de Rydberg circulaires se comportent comme une antenne gigantesque très
sensible au champ électrique.

Une longue durée de vie

L'image classique de l'électron parcourant une orbite circulaire autour du coeur
explique qualitativement la longue durée de vie des atomes de Rydberg circulaires. L'ac-
célération de l'électron, responsable de la transition par rayonnement vers un niveau moins
excité, est plus faible pour une orbite circulaire que pour une orbite elliptique, typique des
niveaux excités non circulaires. De la même façon, l'électron sur une orbite de grand rayon
est moins accéléré que sur une orbite avec un rayon plus petit. De façon plus formelle, les
atomes circulaires ne peuvent se désexciter par une transition dipolaire électrique que vers
le niveau circulaire immédiatement inférieur à cause de la règle de sélection |∆m| ≤ 1.
Par conséquent, l'état |e〉 se désexcite vers l'état |g〉 qui se désexcite à son tour vers l'état
|i〉. Le taux d'émission spontanée d'un état circulaire à l'autre dans l'espace libre est :

τ−1
at = γat =

ω3
n|dn|2

3πǫ0~c3
(2.2)

En prenant en compte la dépendance de |dn| en n2 et celle de ωn en n−3, on constate
que τat ∝ n5. Pour l'état n = 50, τat = 30 ms. Le temps de vol entre la zone de circularisa-
tion et la zone de détection pour les atomes les plus lents est égal à 1 ms. Par conséquent,
à l'échelle de nos expériences, les niveaux de Rydberg circulaires sont stables.

La stabilité des états circulaires dans un champ électrique ou magnétique
externe

Pour qu'un état de Rydberg circulaire soit stable, il faut lever sa dégénérescence
avec tous les états de la multiplicité associée au nombre quantique principal n. Dans le
cas contraire, la moindre perturbation, comme par exemple un champ électrique parasite,
mélange l'état circulaire avec tous les autres états du même n, soit 2500 états environ.
Nous donc devons �xer un axe de quanti�cation qui brise la symétrie sphérique. Pour cela
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il faut imposer un champ magnétique extérieur B (e�et Zeeman) ou électrique F (e�et
Stark). Dans l'expérience, nous annulons le champ magnétique et nous maintenons un
champ électrique F vertical. Les atomes voient un champ électrique à partir du moment
où ils sont � circularisés �, jusqu'à la détection. Ceci impose, entre autres, d'utiliser pour
la cavité deux miroirs isolés électriquement l'un par rapport à l'autre, ce qui limite le
facteur de qualité (cf. � 2.3).

En présence de cet axe vertical de quanti�cation, la symétrie par rotation du système
est brisée et l n'est plus un bon nombre quantique. Le nombre m reste un bon nombre
quantique, car le système est invariant par rotation autour de l'axe vertical dé�ni par
le champ directeur. Les états propres du système sont les états paraboliques et les bons
nombres quantiques deviennent n, m et n1, où n1 est le nombre quantique parabolique. n1

prend ses valeurs entre 0 et n− |m| − 1. Pour les états circulaires, n1 = 0 et |m| = n− 1.
Jusqu'à l'ordre 2 en champ électrique, les énergies propres du système, en fonction des
nombres quantiques n, m et n1, sont :

E(0) = − 1

2n2

E(1) = −3

2
(n− 2n1 − |m| − 1)nF

E(2) = −1

8

[
7n2 − 6(|m| + n1)

2 + 6n1(|m| − 1) + 6n(|m| + 1) − 3

2
|m| + 8

]
n4F 2

(2.3)

où les énergies et les champs sont exprimés en unités atomiques et le développement a été
fait jusqu'au deuxième ordre du champ électrique F .

À partir des équations ci-dessus nous pouvons calculer le déplacement en fréquence
de la transition entre les états circulaires. Le premier terme de l'équation (2.3) ne dépend
pas du champ électrique, et le deuxième terme est nul pour les états circulaires, puisque
n = 2n1 + |m|+1. Par conséquent la fréquence de la transition entre deux états circulaires
n et n− 1 n'est déplacée qu'à l'ordre 2 (e�et Stark di�érentiel quadratique). Le déplace-
ment vaut �255 kHz/(V/cm)2 pour la transition entre les niveaux |e〉 et |g〉. À partir de
l'équation (2.3), nous pouvons représenter le diagramme Stark des multiplicités n = 50
et n = 51 (voir �gure 2.3). La séparation en énergie entre deux niveaux de même nombre
quantique n et n1 et de moment magnétique m di�érent d'une unité est égale à ωStark
(=100 MHz(V/cm)−1).

Un système à deux niveaux

En présence de champ électrique, l'état circulaire n = 50 est couplé de façon réson-
nante, selon les règles de sélection de l'interaction dipolaire électrique, à deux sous-niveaux
de la multiplicité n = 51 : l'état |e〉, d'une part, et l'état |n = 51, n1 = 1,m = 48〉, d'autre
part. Ce dernier état n'est pas un état circulaire, mais un état � elliptique �, de moment
angulaire plus faible. Le couplage au niveau elliptique peut être calculé exactement : on
trouve qu'il est 70 fois moins important que le couplage au niveau circulaire. Le transfert
de population associé à la transition σ− est négligeable, ce qui nous autorise à considérer
le sous-système formé par les états |e〉 et |g〉 comme fermé.
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Fig. 2.3 � Diagramme d'énergie des deux niveaux de Rydberg n = 50 et n = 51 de l'atome
d'hydrogène en présence d'un champ électrique pour m > 0.
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En tenant compte de ces quelques propriétés des atomes de Rydberg nous pouvons
justi�er le choix de travailler avec des états |e〉 et |g〉 ayant respectivement un nombre
quantique principal n = 51 et n = 50. Ce choix dérive d'un compromis. Lorsque n
augmente, la durée de vie des atomes augmente et leur dipôle aussi. Cependant, la longueur
d'onde de la transition atomique augmente aussi, ce qui imposerait de travailler avec des
résonateurs de dimensions trop grandes par rapport à la place disponible à l'intérieur du
cryostat. Lorsque n diminue, le nombre de photons thermiques dans le mode augmentent
également.

2.2.2 Préparation des atomes dans les états de Rydberg circu-
laires

Pour exciter les atomes de rubidium dans les états de Rydberg circulaires il faut
leur fournir beaucoup d'énergie et beaucoup de moment angulaire. L'utilisation de trois
transitions en échelon excitées par des lasers permet de réaliser le premier point. Chaque
photon ne peut en revanche apporter qu'un seul ~ de moment angulaire : il reste donc à
réaliser l'absorption par les atomes d'à peu près 50 photons pour que les atomes soient
préparés dans les états circulaires souhaités.

Tout le processus de circularisation a lieu dans la boîte nommée � boîte de circu-
larisation �. À l'intérieur de cette boîte, deux bobines supraconductrices parcourues par
un courant de 400 mA créent un champ magnétique B d'environ 18 Gauss. Pour éviter
que tout le dispositif ne soit envahi par un champ magnétique très inhomogène, la partie
externe de la boîte de circularisation est constituée d'un cylindre creux de Niobium de
5 cm de diamètre, qui est supraconducteur et con�ne le champ magnétique à l'intérieur.
La nécessité de rendre ce cylindre supraconducteur est une raison de plus qui nous oblige
à refroidir tout le coeur du dispositif, y compris la boîte de circularisation. Soulignons
ici que toute l'expérience est protégée par plusieurs types de blindages contre les champs
magnétiques externes : des bobines de compensation externes à l'enceinte à vide annulent
le champ magnétique terrestre et un blindage en µ-métal entoure le cryostat.

Les phases du processus de circularisation sont illustrées dans la �g. 2.4. Nous le
résumons ici en les divisant en 4 étapes.

1. L'excitation laser utilise trois transitions optiques, successivement à 780, 776 et 1258
nm, en champ électrique nul. Ces transitions excitent les atomes de rubidium du
niveau hyper�n

∣∣5S1/2, F = 3,mF = 3
〉
de l'état fondamental au niveau |52f,m = 2〉

en passant par les deux niveaux
∣∣5P3/2, F = 4,mF = 4

〉
et
∣∣5D5/2, F = 5,mF = 5

〉
.

Pour générer les longueurs d'onde nécessaires trois diodes lasers sont utilisées. La
puissance de chaque laser est de quelques mW, ce qui sature les deux premières
transitions. Les polarisations des trois lasers sont respectivement σ, σ et π. Les
lasers sont focalisés au centre de la boîte de circularisation à l'endroit où le champ
magnétique est le plus homogène, sur une zone de 0,5 mm de rayon.

2. Une fois les atomes excités dans l'état |52f,m = 2〉, on augmente le champ électrique
F de manière à lever la dégénérescence entre l'état circulaire et tous les autres sous-
niveaux de la multiplicité n=52. Pendant ce processus, appelé � Stark switching �,
les atomes sont transférés adiabatiquement de l'état |n = 52, l = 3,m = 2〉 vers l'état
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|n = 52, n1 = 1,m = 2〉
3. En absorbant une série de 49 photons radiofréquences avec une polarisation σ+et une

fréquence de 255 MHz, l'atome passe ensuite de l'état |n = 52, n1 = 1,m = 2〉 à l'état
circulaire |n = 52, n1 = 0,m = 51〉 . Grâce à la structure hydrogènoïde de l'atome, en
e�et, et en tenant compte des défauts quantiques, la fréquence de la première transi-
tion du niveau |n = 52, n1 = 1,m = 2〉 au niveau |n = 52, n1 = 0,m = 3〉 est réson-
nante avec toutes les autres transitions entre les niveaux |n = 52, n1 = 0,∆m = +1〉.
Pour que ce processus soit e�cace, deux astuces ont été introduites :
� La dégénérescence entre la transition σ+ � vers la droite � et la transition σ− est
levée de 50 MHz grâce au champ magnétique de 18 Gauss créé par les bobines
supraconductrice. De cette façon, lorsque l'onde radiofréquence, avec une polari-
sation linéaire, interagit avec les atomes, seule sa composante σ+ est résonnante
avec une transition atomique.

� L'absorption des 49 photons est rendue e�cace par un passage adiabatique ra-
pide. Au lieu d'absorber les photons radiofréquences de façon résonnante, ce qui
aurait pour e�et de peupler à égalité tous les niveaux |n = 52, n1 = 0,m〉, on
règle la variation du champ électrique de telle façon que les 50 niveaux atomiques
correspondant aux nombres m di�érents � habillés � par les photons de radio-
fréquence accomplissent un anticroisement géant. De telle façon, on parvient à
peupler le niveau |n = 52〉 circulaire avec une e�cacité de 80%. Les 20% restants
se répartissent entre les sous-niveaux de moment angulaire inférieur.

4. À ce stade, les atomes se trouvent dans l'état |n = 52〉 circulaire. Le but du processus
de circularisation est de préparer les atomes dans les états circulaires |n = 51〉 (état
|e〉) ou |n = 50〉 (état |g〉). Ceci est possible en appliquant un champ micro-onde
résonnant avec une des deux transitions vers |e〉 (fréquence νe = 48, 195 GHz) ou
vers |g〉 (fréquence de la transition à deux photons νg = 49, 65 GHz) en champ élec-
trique fort. Le champ électrique lève la dégénérescence entre la transition circulaire-
circulaire et les transitions entre niveaux elliptiques, et permet de transférer vers les
états �nals uniquement les atomes circulaires. Si nous avions préparé directement
l'état n = 51 circulaire à la �n de la circularisation adiabatique par radiofréquence,
une fraction de 20% d'atomes elliptiques aurait été préparée au même titre que les
atomes circulaires. La meilleure pureté des atomes, qui peut atteindre 98%, justi�e
l'ajout de cette étape supplémentaire, appelée � puri�cation �.

L'excitation des atomes dans les états circulaires est un processus pulsé. Le premier laser
d'excitation est pulsé à travers un modulateur acousto-optique. Le champ électrique Stark
est aussi pulsé, ainsi que l'enveloppe du signal de radio-fréquence et le champ micro-
onde de puri�cation. Le contrôle de la durée de l'allumage du premier laser d'excitation,
typiquement entre 0,2 et 3 µs, par pas de 100 ns, permet de contrôler le nombre moyen
d'atomes dans le �ux atomique.

2.2.3 La sélection de vitesse
Le système de sélection de vitesse utilisé dans les expériences présentées ici repose

sur une méthode de pompage optique par e�et Doppler et une sélection en temps de vol.
La mesure de la vitesse des atomes se fait de manière indirecte en mesurant le temps
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nécessaire aux atomes pour parcourir la distance entre la zone d'excitation dans la boîte
de circularisation et la zone de détection. Beaucoup de détails sur la méthode de sélection
de vitesse se trouvent dans le thèse de Xavier Maître [65].

Lasers de pompage optique avec e�et Doppler

La sélection de vitesse des atomes se base sur le fait que seuls les atomes initialement
dans le niveau hyper�n

∣∣5S1/2, F = 3
〉
de l'état fondamental du rubidium sont circularisés.

Lorsque les atomes sortent du four, ils sont répartis entre les deux niveaux hyper�ns de
l'état fondamental. Le but du processus de sélection de vitesse par pompage optique est
donc de ne préparer dans l'état

∣∣5S1/2, F = 3
〉
que les atomes avec la bonne vitesse et de

laisser les autres atomes dans l'autre état hyper�n.

Four

L1
L2

F=2

F=3

F'= 1
F'= 2
F'= 3

F' = 4 
∆ν

5S1/2

jet atomique

(a) (b)

5P3/2

L1
L2

Fig. 2.5 � (a) Schéma représentant la disposition des deux lasers de sélection de vitesse.
(b) Structure hyper�ne des niveaux

∣∣5S1/2

〉
et
∣∣5S1/2

〉
et fréquences des lasers L1 et L2.

L'interaction entre les atomes et les lasers de sélection de vitesse a lieu environ
15 cm après la sortie du four. La �gure 2.5 montre de façon schématique la position et
l'angle entre les lasers de sélection de vitesse et le faisceau atomique. Un premier laser L1,
dénommé � dépompeur � et accordé sur la transition

∣∣5S1/2, F = 3
〉
→
∣∣5P3/2, F

′ = 3
〉
,

dépeuple complètement le niveau
∣∣5S1/2, F = 3

〉
. Puisque ce faisceau est perpendiculaire

au jet atomique, tous les atomes, quelle que soit leur vitesse, voient la même fréquence
laser. Après quelques cycles de �uorescence le niveau hyper�n

∣∣5S1/2, F = 3
〉
est vidé : le

rapport des populations des niveaux F = 3 et F = 2 est inférieur à 1/3000.
Un deuxième laser L2, appelé � repompeur �, est désaccordé par rapport à la fré-

quence de la transition
∣∣5S1/2, F = 2

〉
→
∣∣5P3/2, F

′ = 3
〉
d'une quantité ∆ν réglable. Il

forme un angle θ d'environ 50�avec le jet atomique. À cause de l'e�et Doppler, la fréquence
laser vue par les atomes dépend de leur vitesse :

νDoppler = νL2 −
1

2π
k · v = νF=2→F ′=3 + ∆ν − v cos θ

λ
(2.4)

La seule classe de vitesse résonnante avec la transition
∣∣5S1/2, F = 2

〉
→
∣∣5P3/2, F

′ = 3
〉

est celle qui satisfait la relation νDoppler = νF=2→F ′=3. La valeur de la vitesse sélectionnée
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est par conséquent :
vsel =

λ · ∆ν
cos θ

(2.5)

Seuls les atomes ayant une vitesse vsel sont repompés vers le sous-niveau F = 3, et ensuite
excités dans les états de Rydberg circulaires dans la boîte de circularisation. Cependant la
transition

∣∣5S1/2, F = 2
〉
→
∣∣5P3/2, F

′ = 2
〉
permet aussi le pompage optique des atomes

dans le niveau
∣∣5S1/2, F = 3

〉
. Il lui correspond, par le même calcul, une autre classe de

vitesse sélectionnée, qui vaut environ vsel + 100 m/s. Nous reviendrons dans un moment
sur les techniques permettant de s'a�ranchir de ces atomes.
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Fig. 2.6 � Distribution de vitesse des atomes avant et après la sélection de vitesse par
pompage optique.

La dispersion en vitesse des atomes sélectionnés est directement proportionnelle à
la largeur de la transition atomique excitée, qui dépend à son tour de l'intensité du laser
repompeur. Lorsque l'intensité du laser est faible, la dispersion en vitesse est proportion-
nelle à la largeur naturelle de la transition

∣∣5S1/2, F = 2
〉
→
∣∣5P3/2, F

′ = 3
〉
et l'e�cacité

du processus est proportionnelle à l'intensité du laser. On obtient une largeur de l'ordre
de 10 m/s. Pour ne pas réduire excessivement l'e�cacité du repompage nous avons intérêt
à saturer la transition. Dans ce cas la dispersion de vitesse est de l'ordre de 20 m/s et
l'e�cacité de repompage proche de 100%. La �g. 2.6 montre la distribution en vitesse des
atomes à la sortie du four avant et après la sélection en vitesse par pompage optique.

Sélection de vitesse en temps de vol

La dispersion en vitesse obtenue par pompage optique avec e�et Doppler est trop
importante pour nos expériences. Une méthode permettant d'a�ner la classe de vitesse sé-
lectionnée consiste à pulser le laser repompeur et le premier laser d'excitation dans la boîte
de circularisation de façon à sélectionner, à l'intérieur de la classe de vitesse, seulement les
atomes qui ont parcouru la distance entre les deux lasers dans le temps voulu. La largeur
de la classe de vitesse obtenue ainsi est déterminée par les temps d'allumage des lasers re-
pompeur et d'excitation et par leur taille géométrique. Avec cette technique, nous pouvons
obtenir une classe de vitesse avec une dispersion de 4 m/s, comme le montre la �g. 2.7. La
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sélection en temps de vol nous permet aussi de nous débarrasser des atomes sélectionnés
avec une vitesse de vsel + 100 m/s par la transition

∣∣5S1/2, F = 2
〉
→
∣∣5P3/2, F

′ = 2
〉
.
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Fig. 2.7 � A�nement de la classe vitesse par la sélection en temps de vol.

Atomes mal sélectionnés en vitesse : les échos

L'utilisation de la sélection en vitesse par pompage optique et par temps de vol
a un inconvénient qui devient gênant dans les séquences où plusieurs paquets d'atomes
sont préparés. Cet e�et est schématisé dans la �g. 2.8. Lorsque nous avons deux paquets
atomiques à préparer, certains atomes repompés par l'impulsion du laser repompeur du
premier paquet peuvent avoir une vitesse assez lente pour atteindre les lasers d'excitation
au même moment que les atomes préparés dans le deuxième paquet. De la même façon,
certains atomes trop rapides repompés avec le deuxième paquet peuvent être circulari-
sés au même moment que les atomes du premier paquet. Lorsque plus de deux paquets
atomiques sont préparés, ces atomes mal sélectionnés en vitesse, que nous appelons com-
munément � échos �, sont particulièrement gênants lorsqu'ils traversent le mode de la
cavité ou atteignent la détection au même instant qu'un atome "utile". Ils peuvent ainsi
introduire des erreurs sur le résultats des mesures. Pour limiter l'e�et des échos il faut
prendre soin, dans le choix du déroulement temporel des expériences, à ce que les paquets
atomiques soient assez écartés temporellement. Il faut aussi faire attention à ne pas avoir
d'atomes mal sélectionnés en vitesse qui arrivent aux détecteurs au même moment que
d'autres paquets atomiques.

Contrôle du nombre d'atomes par paquet atomique

L'excitation du jet ne constitue pas une source déterministe d'atomes. Le nombre
d'atomes de Rydberg circulaires qui sont préparés dans chaque paquet est aléatoire et
il est décrit par une distribution statistique poissonnienne centrée autour de la valeur
moyenne n̄ :

P (n) =
e−n̄n̄n

n!
(2.6)
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Fig. 2.8 � Déroulement spatio-temporel du processus de sélection en temps de vol de deux
paquets atomiques. Le cadre montre un signal de détection en temps de vol des atomes.
Deux pics correspondant aux � échos � s'ajoutent aux pics des atomes bien sélectionnés
en vitesse. Pour chaque écho, deux chi�res indiquent respectivement le paquet atomique
de pompage optique et celui d'excitation.
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Nous pouvons ajuster n̄ en jouant sur de nombreux paramètres, tels que la puissance et
le temps d'allumage des lasers de repompage et d'excitation. Le nombre moyen d'atomes
par paquet varie typiquement entre 0,05 et 15.

2.2.4 La détection
Pour détecter les atomes, on utilise un système de détection par ionisation. Les états

de Rydberg circulaires sont en e�et très proches de la limite d'ionisation. Un champ élec-
trique de l'ordre d'une centaine de V/cm su�t pour extraire l'électron de valence, qui
est ensuite détecté par un multiplicateur d'électron. A deux états de Rydberg circulaires
di�érents correspondent deux champs d'ionisation bien distincts. Ainsi le système de dé-
tection mesure l'état d'énergie interne de l'atome. Il a été modi�é par rapport au dispositif
précédent. La thèse de doctorat d'Alexia Au�èves [67] détaille la mise en place du nou-
veaux système de détection et les mesures de ses perfomances. Nous nous bornerons ici à
présenter rapidement ses caractéristiques.

Cathode: -40...-60 V

Anode: 12.5 V

400 V

500 V

lentilles
électrostatiques

jet atomique

100 V

1er détecteur 2ème détecteur

Fig. 2.9 � Schéma du système de détection.

Le système de détection actuel est schématisé dans la �gure 2.9. Deux détecteurs
sont présents dans le montage. Ils sont situés sur l'axe du faisceau atomique après la
cavité micro-onde. Les deux détecteurs fonctionnent sur le même principe de mesure :
l'atome est ionisé dans les deux cas par l'application d'un champ électrique entre deux
électrodes. Après ionisation, l'électron est focalisé sur la fenêtre d'entrée d'un multipli-
cateur d'électrons par un système de lentilles électrostatiques utilisant des tensions de
quelques centaines de volts. Le multiplicateur transforme l'électron en un signal de cou-
rant mesurable avec un système électronique standard. Au-delà de ces caractéristiques
communes, le fonctionnement des deux détecteurs est assez di�érent.
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Le premier détecteur

Le premier détecteur rencontré par les atomes présente deux électrodes d'ionisation
planes. Puisque le champ électrique entre les deux électrodes est uniforme, il est nécessaire
d'appliquer une rampe de tension sur une des deux électrodes pour pouvoir ioniser les
atomes en face du trou d'entrée des lentilles électrostatiques. Au cours des expériences la
rampe de tension est appliquée sur l'électrode supérieure, la cathode. La �g. 2.10 montre
un signal d'ionisation acquis en utilisant le premier détecteur. On distingue dans le signal
trois pics correspondant aux états circulaires |n = 52〉 (état intermédiaire de la préparation
des atomes |e〉 et |g〉), |e〉 et |g〉.

jet atomique

1er détecteur

+32 V

Fig. 2.10 � Signal d'ionisation du premier détecteur. Dans le cadre en bas est représentée
la rampe de champ électrique appliquée sur la cathode.

Selon son état d'énergie, en e�et, l'atome est ionisé à des instants di�érents. Plus
l'état de Rydberg circulaire est dé�ni par un nombre quantique principal élevé, moins
le champ d'ionisation est grand. En synchronisant avec précision la rampe de champ
électrique et l'électronique de détection, il est possible de mesurer l'énergie de l'atome. Le
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trou au centre de l'anode qui laisse passer les électrons vers les lentilles électrostatiques
a un diamètres de 6 mm, comparable au diamètre intérieur des lentilles. La grande taille
du trou permet aux électrons de passer, indépendamment de la position où l'atome est
ionisé. Lorsque les séquences expérimentales contiennent plusieurs paquets atomiques,
nous pouvons détecter, dans chaque séquence, les atomes de tous les paquets dans tous
les états atomiques. Il su�t, pour cela, de jouer une rampe d'ionisation lors du passage
de chaque paquet d'atomes. Puisque la rampe d'ionisation doit être synchronisée avec le
passage des paquets atomiques, le premier détecteur peut être utilisé uniquement avec des
atomes sélectionnés en vitesse.

Le deuxième détecteur

Dans le deuxième détecteur la cathode est inclinée et produit un gradient de champ
électrique. A di�érence de potentiels �xe entre les deux électrodes du détecteur, le champ
électrique créé entre les deux électrodes augmente au fur et à mesure que les atomes
avancent dans leur trajectoire, jusqu'à atteindre une valeur maximale. Pour une valeur
précise de la di�érence de potentiels entre les deux électrodes, le champ électrique maximal
est le champ d'ionisation de l'état atomique considéré. Dans ce cas, l'électron arraché à
l'atome traverse le petit trou au centre de l'anode, qui a ici un diamètre de 2 mm, et atteint
le multiplicateur d'électrons après le passage dans les lentilles électrostatiques. Pour de
mauvaises valeurs de di�érence de potentiel, l'électron est arraché au mauvais endroit et
tombe sur l'anode en dehors du trou. La �gure 2.11 montre une courbe d'ionisation acquis
avec le deuxième détecteur. Pour l'obtenir, on répète un grand nombre de séquences, avec
chaque fois, une valeur di�érente du champ d'ionisation. L'accumulation des données
fournit le signal de la �gure. On remarque en particulier la largeur du pic associé à
l'état de Rybderg circulaire dé�ni par n = 52 en comparaison avec ceux associés aux
états circulaires n = 51, n = 50 et n = 49. L'état circulaire n = 52 est atteint à la
�n du processus de circularisation. Cette largeur est une indication de l'imperfection du
transfert des états de Rydberg de faible moment cinétique vers l'état circulaire n = 52. En
réalité, lors de ce processus, on excite aussi des états de la multiplicité n = 52 di�érents
du circulaire. Leur tension d'ionisation étant très légèrement di�érente, on assiste à un
élargissement du pic d'ionisation. Expérimentalement, nous nous a�ranchissons de ces
atomes en utilisant une technique de puri�cation expliquée en annexe. Elle permet d'a�ner
les pics d'ionisation.

Lorsqu'un atome passe dans le deuxième détecteur, on ne peut détecter qu'un seul
état atomique à la fois, car la di�érence de potentiel entre les électrodes est réglée de
manière à ioniser en face du petit trou un seul état atomique. Par conséquent, puisqu'on
s'intéresse généralement à la probabilité de détecter l'atome dans l'un des deux états, il
est nécessaire de répéter les séquences expérimentales deux fois, la première avec le champ
ionisant programmé pour détecter l'un des deux états atomiques, la second pour détecter
l'autre état.

À partir des données accumulées, on reconstruit la probabilité d'avoir l'atome dans
un des deux états. Le deuxième détecteur, par conséquent, impose de doubler le nombre de
séquences expérimentales pour chaque atome à détecter dans la séquence expérimentale.
Dans les expériences où l'on veut détecter deux ou trois atomes, il est nécessaire de
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Fig. 2.11 � Signal d'ionisation du deuxième détecteur.

multiplier par un facteur respectivement égal à 4 ou 8 le nombre de séquences, ainsi que
le temps d'acquisition. Ceci représente un désavantage par rapport au premier détecteur
qui, comme on l'a vu, détecte pour chaque séquence tous les atomes de tous les paquets
atomiques.

Le deuxième détecteur, en revanche, ne nécessite pas que les atomes soient sélec-
tionnés en vitesse. Pour cette raison il est utilisé dans toutes les phases préliminaires de
calibration, où la sélection de vitesse n'est pas utilisée, et dans la procédure de réglage de
la sélection de vitesse elle-même.

L'e�cacité de détection du détecteur est de (90±10)%. Cette valeur est vraisembla-
blement limitées par l'e�cacité imparfaite des multiplicateurs d'électrons. Une erreur de
l'ordre de 2% dans la discrimination entre les di�érents états d'énergie est causée par le
recouvrement entre les pics d'ionisation correspondants à deux niveaux circulaires voisins.

2.3 La cavité supraconductrice

La cavité supraconductrice est le c÷ur du montage expérimental. À l'intérieur est
stocké le champ électromagnétique résonnant avec la transition entre les états de Rydberg
circulaires |e〉 et |g〉.

La durée de vie du champ dans la cavité doit être assez longue pour réaliser la condi-
tion de couplage fort. Pour cela il est nécessaire que la cavité soit constituée d'un matériau
supraconducteur, comme le niobium. De plus, puisqu'un champ électrique directeur est
nécessaire pour les états circulaires, la cavité doit être composée de deux parties isolées
électriquement.
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2.3.1 La géométrie du mode

Nous utilisons un montage de type Fabry-Perot avec deux miroirs sphériques en
niobium massif, de rayon de courbure R0 = 40 mm et de diamètre D0 = 50 mm. Les deux
miroirs sont percés au centre a�n de permettre le couplage avec une source extérieure. La
�gure 2.13 montre le schéma de la cavité.

d =27,6 mm

D0=50 mm

R0=40 mmTEM900

Fig. 2.12 � Plan de la cavité.

La distance d entre les miroirs est 27, 57 mm. La fréquence du mode TEM9,0,0 que
nous utilisons est donnée par :

ν =
ω

2π
=

c

2d

(
q +

2

π
arccos

√
1 − d

2R0

)
≃ 51, 1 GHz (2.7)

où c est la vitesse de la lumière et q = 9 est le nombre de ventres de l'onde stationnaire
entre les deux miroirs. La structure spatiale du champ électrique est gaussienne et est
donnée en coordonnées cylindriques par la fonction :

f(r, z) =
w0

w(z)
cos

(
2π
z

λ
− arctan

λz

πw2
0

+
π

r2
λR(z) + (q − 1)

π

2

)
e
− r2

w2(z) (2.8)

où λ = c/ν est la longueur d'onde du mode et w0 le col du mode, qui vaut :

w0 =

[
λd

2π

√
2R0

d
− 1

] 1
2

≃ 5, 96 mm (2.9)

Les fonctions w(z) et R(z) décrivent, respectivement, la variation de l'extension du mode
autour de l'axe (O, z) et celle du rayon de courbure des fronts d'onde. Elles sont données
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par les relations :

w(z) = w0

√

1 +

(
λz

πw2
0

)2

R(z) = z

[
1 +

(
πw2

0

λz

)2
] (2.10)

Le volume du mode est déduit de l'expression de f(r), et vaut :

vmode =

∫
|f(r)|2d3

r =
πw2

0d

4
≃ 769 mm3 (2.11)

À partir du volume du mode nous pouvons calculer la valeur du champ électrique par
photons E0. Le petit volume de notre dispositif assure le con�nement du champ dans la
cavité et une forte amplitude de E0 :

E0 =

√
~ω

2ǫ0Vmode

E0 ≃ 1, 58 · 10−3 V · cm−1

(2.12)

Une telle valeur du champ électrique assure un fort couplage avec le dipôle atomique
même en l'absence de photons dans le mode.

Dans notre cavité, la symétrie sphérique des deux miroirs n'est pas parfaite. Au lieu
d'un seul mode gaussien nous avons en fait deux modes non-dégénérés correspondant à
deux polarisations orthogonales. L'écart en fréquence entre les deux modes, qui seront
communément appelés � mode haute fréquence � (HF) et � mode basse fréquence � (BF),
est de 87 kHz.

2.3.2 L'accord de la fréquence de la cavité
Pour que la cavité soit en résonance avec la fréquence de la transition atomique, il

faut pouvoir contrôler la distance entre les miroirs avec une très bonne précision. À partir
de l'équation (2.7), et en imposant une précision sur la fréquence de résonance de l'ordre
du kHz, nous calculons δd/d = δω/ω =1 kHz/50 GHz, soit δd/d ≃ 10−8. Pour parvenir
à cette précision, plusieurs astuces sont utilisées. La �gure 2.13 montre les techniques
d'accord.

Tout d'abord, l'ajustement mécanique de l'épaisseur d'une cale en cuivre placée sous
l'un des miroirs pendant la procédure de la montage permet de s'approcher de la fréquence
visée à 5 MHz près. Ensuite, un accord mécanique e�ectué grâce à une lame élastique en
bronze poussée par une vis contrôlée depuis l'extérieur du dispositif permet un accord
sur une plage de 15 MHz. Un accord �n sur un domaine de 700 kHz est en�n assuré par
des cales piézoélectriques situées à la base d'un des miroirs. En appliquant une tension
continue entre 0 et 3000 V on peut modi�er la fréquence de la cavité avec une précision
de l'ordre de quelques kilohertz.

Par ailleurs, comme le montre la �gure 2.13, un des deux miroirs est relié électri-
quement à la masse. En jouant sur la tension électrique de l'autre miroir, nous pouvons
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lame élastique

Vis

cales piézoélectriques

VStark cale en cuivre

Fig. 2.13 � Technique de contrôle du désaccord entre la fréquence atomique et la fréquence
de la cavité.

modi�er de façon très rapide la fréquence de la transition atomique. En e�et, nous avons
vu au � 2.2.1, que les niveaux |e〉 et |g〉 sont déplacés par un e�et Stark di�érentiel qua-
dratique. En changeant rapidement la valeur de la fréquence atomique, nous pouvons
interrompre instantanément l'interaction entre un atome et le champ, passer du régime
résonnant au dispersif au cours de la même séquence expérimentale, et même au cours
du passage d'un atome dans le mode de la cavité. Soulignons ici qu'un petit champ élec-
trique, de l'ordre de 0,25 V/cm, est toujours présent à l'intérieur de la cavité. Ce champ
est indispensable pour la stabilité des atomes circulaires, qui ont toujours besoin d'un
champ électrique directeur.

2.3.3 Le temps de vie de la cavité

Le but des e�orts dédiés à la fabrication des miroirs est d'obtenir un temps de
vie du champ beaucoup plus long que 60 µs, qui est le temps d'interaction des atomes
les plus lents avec le mode. Cette condition est véri�ée par la cavité utilisée dans les
expériences présentées, qui a un temps de vie pour le mode HF de ∼ 850 µs, comme
le montre la �gure 2.14. La mesure du temps d'amortissement présentée sur cette �gure
consiste à injecter un champ à l'intérieur de la cavité pendant un durée �nie et à observer
ensuite la décroissance de l'amplitude du champ transmis par la cavité. L'analyse de ce
signal de transmission est réalisée à l'aide d'un analyseur vectoriel de champ micro-onde
commercialisé par la société ABmm.

Le temps de vie mesuré est égal à 850 µs. Il correspond à un facteur de qualité
Q = 2, 8 · 108. Ce temps est plus faible que le temps de vie des atomes de Rydberg
circulaires. Il constitue la limitation majeure de nos expériences.

De nombreux facteurs limitent le temps de vie de la cavité. Parmi ces e�ets, les
plus importants sont les pertes dues aux imperfections de la sphère au voisinage des trous
de couplage au centre de chaque miroir, la taille �nie des miroirs, la résistance résiduelle
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Fig. 2.14 � Temps de vie du mode HF de la cavité. Une source micro-onde couplée au mode
de la cavité est allumée pendant une impulsion très courte à l'instant t = 0. On mesure
ensuite la décroissance du signal transmis à travers la cavité. La puissance transmise est
représentée en décibels. L'ajustement linéaire de la pente logarithmique, observée dans
les premiers temps de relaxation du champ, donne directement le temps de vie τ = κ−1.
Le fond représente le bruit électronique.
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du niobium à température non-nulle, les défauts et impuretés de la phase cristalline du
niobium. Une étude détaillée du temps de vie de la cavité et des facteurs limitants se
trouve dans les thèses de doctorats de Gilles Nogues [66] et Stefano Osnaghi [68].

Cependant, le principal défaut limitant actuel est l'état de surface des miroirs. À une
échelle de quelques millimètres, on remarque des déviations importantes par rapport à la
surface sphérique idéale. Par conséquent, le champ électromagnétique subit une di�raction
hors du mode gaussien et les photons sont perdus dans l'espace entre les miroirs. Des tests
du temps de vie accomplis dans une con�guration fermée, où l'espace entre les miroirs est
clos, ont donné un temps de vie supérieur d'un ordre de grandeur au temps mesuré en
con�guration ouverte, ce qui con�rme cette interprétation.

jet atomique

3 mm

trou d�injection
micro-onde

Fig. 2.15 � Schéma de l'anneau qui entoure les miroirs.

Pour limiter le problème de la di�raction des photons hors des miroirs nous avons
essayé de nous approcher le plus possible de la situation d'une cavité fermée, tout en
conservant la capacité essentielle de pouvoir appliquer un champ électrique Stark directeur
entre les deux miroirs isolés électriquement. Dans ce but nous entourons la cavité d'un
anneau métallique, qui réduit la di�raction du champ hors de la cavité. Grâce à l'anneau
métallique nous parvenons à atteindre un temps de vie de 860 µs, d'un ordre de grandeur
plus élevé qu'en l'absence de l'anneau.

L'anneau métallique (voir �gure 2.15) est isolé électriquement des deux miroirs. Il
porte deux petits trous de 3 mm de diamètre qui permettent aux atomes d'entrer et
de sortir de la cavité. Un autre trou a été ajouté sur le côté pour coupler la cavité à
un rayonnement micro-onde. L'inconvénient principal de l'anneau est la taille des trous
de passage des atomes. En e�et, le champ électrique directeur au niveau des trous de
l'anneau est très inhomogène. Lorsque les atomes sont soumis à ce champ inhomogène,
une cohérence atomique est déphasée de façon di�érente selon la position de l'atome à
l'intérieur du faisceau. Il devient impossible d'accumuler un signal sur un grand nombre
de séquences expérimentales. Nous sommes donc obligés d'e�ectuer toutes les opérations
cohérentes à l'intérieur de la structure "anneau-cavité".

2.3.4 Le couplage aux sources externes
Le couplage du mode de la cavité à une source micro-onde externe est schématisé sur

les �gure 2.16(a). Chacun des miroirs est percé au centre pour pouvoir injecter un champ
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micro-onde directement dans le mode du résonateur. Une source électronique externe est
connectée, à travers un guide d'onde, au trou d'injection. Il est également possible d'injec-
ter un champ micro-onde à travers un guide d'onde qui débouche sur le coté de la cavité,
à travers le petit trou percé sur le coté de l'anneau, comme le montre la �gure 2.16(b),
qui représente une coupe de la cavité dans le plan de l'anneau. Le champ externe injecté
au centre des miroirs excite préférentiellement le mode propre de la cavité, alors que le
champ injecté par le côté excite un mode propre de la structure anneau-cavité de faible
facteur de qualité, représenté sur la �gure 2.16(b).

guide d'onde

guide d'onde

jet atomique

jet atomique

(a)

(b)

SC
att.
dB X4 PIN

diode

câble coaxial

SR
att.
dB X4 PIN

diode

Fig. 2.16 � Schéma des connexions d'une source micro-onde externe couplée au mode
gaussien de la cavité (a) et aux modes propageants sur les côtés de la cavité (b).

Les champs injectés ont des fréquences micro-onde de l'ordre de ∼ 50 GHz. La
technique que nous utilisons pour créer des signaux à cette fréquence est la même, que
l'on injecte dans le mode de la cavité ou à travers le coté de l'anneau. Ces signaux ne se
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propagent pas dans des câbles coaxiaux, mais uniquement sous forme de champs oscillants
dans des guides d'onde. Nous utilisons des sources électroniques qui produisent un signal
à une fréquence égale à la fréquence micro-onde souhaitée divisée par 4. La �gure 2.16
montre la position des sources SC et SR. Ces signaux, de fréquence égale à 10-18 GHz,
peuvent se propager à l'intérieur de câbles coaxiaux. Pour pulser l'injection des champs
dans la cavité, nous utilisons des diodes PIN contrôlées par un signal TTL. Ces diodes
sont connectées en série avec les câbles à la sortie des sources électroniques. À l'entrée du
cryostat, un mélangeur harmonique multiplie par 4 la fréquence du signal électronique,
comme le montre la �gure. Le signal à l'issue du mélangeur se propage non plus sur un
câble coaxial mais dans un guide d'onde qui amène le signal à l'intérieur du cryostat
jusqu'à la cavité. Avant l'entrée dans le cryostat, un atténuateur permet de contrôler la
puissance du signal.

2.4 Le régime de couplage fort
Grâce aux deux systèmes décrits dans cette partie, nous réalisons une situation de

certaines expériences de pensée des pères fondateurs de la mécanique quantique : un atome
en interaction avec un mode de la cavité en régime de couplage fort.

Le couplage entre l'atome et le champ est complètement caractérisé par la fréquence
de Rabi du vide introduite dans la partie théorique. Le calcul, à partir des caractéristiques
des deux systèmes, fournit une fréquence de Rabi du vide au centre du mode égale à :

Ω0/2π = 2degE0/~ = 50.8kHz (2.13)

La mesure expérimentale de cette fréquence à partir de l'analyse de l'oscillation dans
le vide donne

Ω0/2π = 49 ± 1kHz (2.14)

La période de Rabi correspondante est égale T0 = 20.4 µs. Par conséquent, nous
atteignons une situation où le temps caractéristique de couplage, T0, est petit devant les
temps de dissipation, les temps de vie du photon dans la cavité et de l'atome.



110 Dispositif et techniques expérimentales

2.5 Expériences préliminaires

2.5.1 Mesure du champ thermique
L'une des imperfections importantes de notre expérience est la présence d'un champ

thermique résiduel. Le montage expérimental est refroidi à 1,3 K dans les expériences
présentées dans ce manuscrit. Théoriquement, le nombre moyen de photons présents dans
la cavité suit la loi de Bose-Einstein et devrait être égal à 0, 2. Le but de cette partie est
de mesurer expérimentalement le nombre de moyen de photons présents dans le mode de
la cavité à l'équilibre thermodynamique. A cet e�et, nous allons présenter une analyse
détaillée du phénomène d'oscillation de Rabi dans un champ thermique.

Une expérience d'oscillation de Rabi nécessite un contrôle précis du temps d'inter-
action. En accordant et en désaccordant brutalement la transition par e�et Stark avec
une résolution temporelle égale à 0,1 µs ( temps petit devant l'inverse de la fréquence
de Rabi), nous déclenchons ou nous arrêtons l'interaction entre l'atome et le mode de
la cavité. La valeur maximale du désaccord atome-champ induit par e�et Stark lors du
processus est de 5 MHz. A ce désaccord l'interaction résonnante entre atome et champ
est bloquée à une bonne approximation.

Au cours de la traversée de la cavité, la structure gaussienne du mode impose une
fréquence de Rabi du système variant avec la position de l'atome :

Ω(x) = Ω0 exp

(
−(x− xcav)

2

w2
0

)
(2.15)

où xcav est la position du centre de la cavité et x la position de l'atome le long de l'axe
du jet. Par conséquent, le temps e�ectif d'interaction ti est di�érent du temps réel tréel de
mise à l'accord. L'expression de la fréquence de Rabi (2.15) induit la relation entre ti et
tréel suivante :

ti =

∫ tfin

tini

exp

(
−v(t− tcav)

2

w2
0

)
dt (2.16)

où tini et tfin sont respectivement les temps de début et de �n d'interaction (tfin − tini =
tréel). Le paramètre tcav est dé�ni comme le temps de passage de l'atome au centre du
mode et v est la vitesse de l'atome.

Pour interpréter quantitativement l'évolution du système, on doit prendre en compte
la présence du second mode résonnant de la cavité. Les calculs deviennent ainsi trop com-
plexes pour être traités analytiquement. Nous avons recours à une simulation numérique.
Sa comparaison avec l'expérience doit permettre de conclure quant au nombre de photons
thermiques présent dans chaque mode à l'équilibre thermodynamique.

Préalablement, nous présentons deux expériences indépendantes �xant deux para-
mètres des oscillations de Rabi. La première détermine la di�érence de potentiel à appli-
quer entre les miroirs de la cavité pour accorder l'atome sur la fréquence du mode. La
seconde consiste à mesurer le pro�l gaussien du mode par interaction avec les atomes. Elle
mesure en particulier le temps de passage de l'atome au centre de la cavité par rapport
au temps d'excitation laser.
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Finalement nous comparerons la mesure expérimentale de l'oscillation de Rabi aux
courbes théoriques issues de la simulation. Le nombre de photons thermiques présents
dans les deux modes de la cavité en sera déduit.

2.5.1.a Détermination expérimentale de la fréquence d'accord entre atome
et mode de la cavité

La di�érence de potentiel à appliquer entre les miroirs pour réaliser le couplage
résonnant entre l'atome et le mode de la cavité est �xée par un protocole similaire dans
le principe à une expérience de micro-maser [69, 70]. Cette expérience permet, en plus,
de mesurer la di�érence de fréquence νsep entre les deux modes résonnants de la cavité.
Nous la comparerons à une mesure indépendante et très précise.

Le principe de la mesure consiste à observer le transfert atomique à temps e�ectif
d'interaction �xe en fonction du désaccord atome-champ. Considérons le cas plus simple
où un seul mode existe. L'état du champ dans la cavité est initialement vide. L'atome,
initialement préparé dans l'état |e〉, est transféré dans l'état |g〉 uniquement dans le cas
du couplage résonnant. Lorsque la fréquence de la transition atomique est balayée, nous
nous attendons à observer un pic de transfert à la fréquence d'accord. La largeur attendue
est de l'ordre de l'inverse du temps de mise à l'accord entre atome et champ.

Expérimentalement, l'atome est préparé dans l'état |e〉 à 335 m/s. Pour observer
la séparation des deux modes, le temps de mise à l'accord tréel doit être plus grand que
1/νsep. Le signal observé est la probabilité de détecter l'atome dans l'état |g〉 en fonction
du désaccord atome-champ. Par e�et Stark, nous contrôlons la fréquence atomique en
changeant la di�érence de potentiel entre les miroirs. Nous rappelons la loi de déplacement
de la fréquence atomique en fonction du champ électrique établie précédemment :

∆νat/F
2 = 255kHz(Vcm−1)−2 (2.17)

La �gure 2.17 présente les résultats de cette mesure réalisée pour deux conditions
d'accord di�érentes. Le graphe 2.17a correspond à une interaction dans les ailes du mode
gaussien. Elle débute à −37 µs et se termine à −9 µs. Ce temps d'interaction correspond
à la réalisation d'une impulsion π lorsque atome et champ sont à résonance (ti = 8 µs).
On observe alors deux pics. Ils correspondent aux fréquences de résonance de chacun des
modes. Leur largeur est de 51kHz pour le premier, 60 kHz pour le second. Le déplacement
en fréquence de la transition atomique par rapport à la fréquence en champ électrique nul
est, pour réaliser la condition de résonance avec le mode HF, égal à 199kHz.

Le graphe (2.17b) correspond à une interaction sur toute la traversée du mode
(ti = 31.5 µs). On observe de nouveau deux pics. Le déplacement en fréquence de la
transition atomique est, pour réaliser la condition de résonance avec le mode HF, égal à
191kHz. Le temps de mise à l'accord tréel est plus grand en comparaison avec l'expérience
précédente. En conséquence, chacun des pics a une largeur plus �ne que celles mesurées
dans le cas précédent.

Dans les ailes du mode gaussien, la fréquence de Rabi du couplage est petite devant
la séparation entre modes et devant l'inverse du temps de mise à l'accord. Par conséquent,
autour de chaque fréquence associée au régime résonnant avec l'un des modes, l'atome
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Fig. 2.17 � Maser en émission en fonction de fréquence ν de la transition atomique
référencée à la fréquence atomique ν0 dans un champ électrique égal à 0.26 V/cm (a)
interaction dans les ailes du mode gaussien (b) interaction au centre du mode
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ne sent guère la présence de l'autre mode. A une bonne approximation, le comportement
du système peut être compris comme un atome en interaction avec un seul mode du
champ. Par contre, au centre du mode, la fréquence de Rabi est plus grande et devient
comparable à la séparation entre les deux modes résonnants de la cavité. Une étude de
la dynamique d'un atome en couplage avec deux modes est nécessaire pour interpréter
le signal observé. Par conséquent, nous prendrons comme condition d'accord la valeur
obtenue dans la mesure réalisée dans les ailes du mode.

En raison de la présence de champs électriques et magnétiques parasites, le désaccord
δ entre les deux systèmes atome et champ subit des �uctuations au cours de la traversée
du mode. Nous représentons ces �uctuations sous la forme d'une incertitude de ±5 kHz
sur δ.

Cette expérience permet aussi de mesurer la di�érence de fréquence νsep séparant
les deux modes résonnants de la cavité : 88± 1 kHz pour la première mesure, 92± 1 kHz
pour la seconde. Une mesure de transmission micro-onde de la cavité a été réalisée [?].
Elle permet de connaître directement au Hertz près la di�érence de fréquence entre les
deux modes résonnants. Elle a été mesuré égale à 85,7 kHz. On conclut à un bon accord
entre ces deux mesures indépendantes.

En conclusion, la mesure présentée dans cette partie �xe la di�érence de potentiel
à appliquer entre les deux miroirs pour obtenir le couplage résonnant avec l'un ou l'autre
des modes de la cavité. Ce paramètre sera considéré comme �xe.

2.5.1.b Détermination du temps de passage de l'atome au centre de la cavité

Le second paramètre mesuré expérimentalement est le temps de passage au centre de
la cavité de l'atome réalisant l'oscillation de Rabi. Ce temps est essentiel pour connaître
la fréquence de Rabi associée à chaque position de l'atome. Expérimentalement nous
mesurons la distribution spatiale du mode à l'aide d'un atome.

Le principe de l'expérience consiste à observer l'évolution du transfert atomique, à
temps réel d'interaction ∆t �xe entre l'atome et le champ, en fonction de l'instant où
l'interaction résonnante est déclenchée. L'atome est initialement préparé dans l'état |g〉.
Nous préparons le champ de la cavité dans un état cohérent d'amplitude égale à

√
60 (la

calibration du champ sera présentée dans la partie suivante (2.6). De cette manière, nous
augmentons la fréquence de Rabi Ω du système en interaction. En supposant le temps
d'interaction petit devant l'inverse de la fréquence de Rabi, la probabilité de détecter
l'atome dans l'état |e〉 à l'instant tdec a pour expression (l'atome et le champ sont accordé
entre tdec − ∆t/2 et tdec + ∆t/2) :

Pe(tdec) = sin2

(
Ω

2

∫ tdec+∆t/2

tdec−∆t/2

exp(−(v(u− ttcav)/w0)
2)du

)
(2.18)

où tcav est le temps de passage de l'atome au centre de la cavité. En supposant de plus
que ∆t petit devant w0/v, on obtient la relation :

Pe(tdec) = sin2

(
Ω ∆t

2
exp(−(v(tdec − tcav)/w0)

2)

)
(2.19)
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Expérimentalement, on �xe le temps de mise à l'accord de l'atome sur la fréquence
de la cavité à ∆t = 1 µs. Ce temps correspond à un déplacement du paquet atomique de
0.4 mm, petit devant le col du mode w0 égal à 5.96mm. Il est choisi de manière à réaliser
un transfert inférieur à 1/2 au centre de la cavité. L'interaction entre l'atome et le champ
est déclenchée à un instant tdec que l'on varie au cours de l'expérience.
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Fig. 2.18 � Mesure du pro�l du mode gaussien de la cavité. Dans ce graphe xcav = vtcav
et x = vtdec

La �gure (2.18) présente la probabilité de détecter l'atome, de vitesse égale à 335m/s,
dans l'état |e〉 en fonction du temps de déclenchement de l'interaction. Elle possède,
comme attendu, une forme symétrique. En raison des caractéristiques de couplage, elle
est assez proche d'une pure gaussienne. L'ajustement présenté en ligne pleine sur la �gure
(2.18) a pour support la relation (2.19). La mesure expérimentale de w0 tirée de cet
ajustement est 6.2 ± 0.2 mm. L'information utile pour la mesure du champ thermique
est l'instant du passage de l'atome au centre de la cavité. Il est pointé avec une précision
inférieure à l'extension spatiale du paquet atomique.

Concluons ce paragraphe en soulignant que cette détermination est très sensible aux
emplacements des excitations lasers. Le moindre réglage laser entraîne des changements du
temps de passage au centre de la cavité de plusieurs µs. Au début de chaque expérience
présentée dans ce manuscrit, nous avons mesuré exactement le temps de passage des
atomes pour chaque vitesse utilisée. En fait, cette mesure est plutôt une détermination
de la position de l'excitation laser.
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2.5.1.c Mesure du champ thermique par oscillation de Rabi

Nous sommes maintenant capables de confronter les signaux expérimentaux des os-
cillations de Rabi dans le champ thermique à une simulation numérique. L'expérience
consiste à faire interagir un atome à 335 m/s avec les deux modes de la cavité, dans leur
état d'équilibre thermodynamique, en variant le temps d'interaction. Le signal enregistré
est la probabilité de détecter l'atome dans l'état |g〉 en fonction du temps e�ectif d'inter-
action ti. L'instant de mise à l'accord tini est �xe et on varie l'instant tfin où l'interaction
est arrétée. Nous réalisons cette expérience pour plusieurs désaccords δ entre le mode HF
et la transition atomique. Le désaccord est changé par e�et Stark en appliquant une dif-
férence de potentiel �xe entre les miroirs de la cavité. La référence δ = 0 correspond à la
condition de couplage résonnant avec le mode HF pointée sur l'expérience de micromaser
réalisée dans les ailes du mode gaussien (voir �gure 2.17). L'atome est résonnant avec le
mode BF pour δ = −86 kHz.

Nous présentons sur les deux graphes de la �gure (2.19) les résultats obtenus avec
une même di�érence de potientiel entre les miroirs, correspondant à δ = 8 kHz . Les états
initiaux de l'atome sont pour (2.19a) et (2.19b) respectivement |e〉 et |g〉. Chacune des
courbes présente des oscillations caractéristiques du phénomène d'oscillation de Rabi dans
un champ thermique.

Sur chaque courbe est représenté, en plus des points expérimentaux, le résultat des
simulations. Intrinsèquement, de petites imperfections expérimentales limitent le contraste
de toutes les oscillations de Rabi. Nous déterminons le facteur de réduction globale en
réalisant une impulsion π classique dans la cavité. Ainsi, sur la courbe théorique Pe(t),
nous opérons la transformation Pe(t) → 0.03 + 0.92Pe(t). La transformation correspond
donc à une réduction d'un facteur 0.92 du contraste des oscillations et une translation
d'une valeur à l'origine égale à 0.03. Elle est caractéristique des atomes à 335 m/s et
elle sera appliquée à toutes les courbes de simulations pour leur comparaison avec les
courbes expérimentales. Les raisons invoquées pour expliquer la réduction de contraste
sont l'impureté de la préparation des atomes à 335m/s et le recouvrement des deux pics
d'ionisation du niveau |e〉 et |g〉. La fréquence de Rabi du vide est considérée comme
�xe et égale à 49 kHz. L'ajustement des courbes théoriques aux résultats expérimentaux
permet de déterminer les nombres de photons thermiques supposés égaux dans chaque
mode. Sur chaque graphe, la courbe en ligne épaisse correspond à l'ajustement par rapport
aux conditions expérimentales. Pour chaque courbe, le nombre de photons thermiques est
égal à 1.

L'incertitude sur le désaccord réel, discutée dans le paragraphe précédent, a des
conséquences directes sur l'évaluation du nombre de photons thermiques. En changeant
le désaccord δ de ±5 kHz, nous trouvons un accord entre théorie et expérience pour,
respectivement 0.8 et 1.2 photons thermiques. L'incertitude sur la fréquence d'accord se
manifeste sous la forme d'une erreur sur l'évaluation du nombre de photons thermiques
de 20%. Nous avons pris le soin, sur chaque courbe, de représenter le meilleur ajustement
possible pour des di�érences de désaccords plus importantes : δ ± 8 kHz. Dans ce cas, il
est impossible de trouver un nombre de photons thermiques permettant de reproduire la
courbe expérimentale. Cette constatation renforce notre évaluation de l'incertitude sur le
désaccord réel du système.
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Fig. 2.19 � Evolution de la probabilité de détecter l'atome dans l'état |e〉 en fonction
du temps d'interaction avec un atome (a) initialement dans l'état |e〉 (b) initialement
dans l'état |g〉. La courbe (b) montre des oscillations en raison de la présence du champ
thermique. On superpose sur chaque courbe les résultats d'une simulation où le seul
paramètre ajustable est le nombre de photons thermiques nth. La courbe en trait plein
représente le résultat de la simulation pour δ = 8kHz et nth = 1. Les courbes en pointillé
représente le meilleur ajustement pour des désaccords respectivement égaux à δ + 8kHz
et δ − 8kHz.
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On déduit de cette étude le nombre moyen de photons thermiques dans chacun
des modes de la cavité : nth = 1 ± 0.2. Nous avons comparé expérience et théorie pour
di�érentes valeurs de désaccord δ. La �gure (2.20) reproduit les résultats de l'expérience.
Chaque courbe représente la probabilité de détecter l'atome dans l'état |e〉 en fonction du
temps d'interaction ti. La première courbe correspond au cas où l'atome est à résonance
avec le mode haute fréquence (δ = 0 kHz). La seconde, la fréquence de transition atomique
est exactement à mi-chemin entre les deux (δ = −43 kHz). Finalement, la troisième
représente le cas où l'atome est à résonance avec le mode basse fréquence (δ = −86 kHz).
En trait continu est représentée sur chaque graphe la simulation numérique sans paramètre
�xe.

Si l'atome est à résonance avec l'un des deux modes, l'évolution de la probabilité
de détecter |e〉 montre des oscillations. L'accord entre les simulations expérimentales et
l'expérience est une nouvelle fois très bon. Il con�rme l'estimation du nombre de photons
thermiques présents dans chaque mode. L'existence d'un champ thermique est contrai-
gnante dans la perspective des expériences envisagées (voir chapitre 1). Une procédure
de refroidissement est appliquée avant chaque séquence expérimentale a�n de réduire les
e�ets du champ thermique. Nous allons maintenant présenter brièvement le principe et
les performances de cette technique expérimentale.

2.5.1.d Procédure de refroidissement

Le principe de refroidissement du mode de la cavité consiste simplement à absorber
le champ résiduel présent dans la cavité par des paquets d'atomes absorbeurs.

Le paquet absorbeur est, en général, composé de trois à dix atomes préparés ini-
tialement dans l'état |g〉. Pour optimiser leur absorption, les atomes ne seront pas tout
le temps résonnants avec le mode de la cavité. Le désaccord δ(t) entre la fréquence de
transition atomique et la fréquence du mode est varié linéairement de -30 kHz à 30 kHz
et il s'annule au temps de passage du paquet au centre du mode. On réalise ainsi un
passage adiabatique. La durée de la rampe de champ électrique pour changer le désaccord
est 75 µs. L'e�cacité d'absorption de chaque paquet est proche de 80%. L'absorption des
paquets absorbeurs a été étudiée en détail dans la thèse de Paolo Maioli [44].

Ces paquets absorbeurs sont utilisés dans deux cas de �gures di�érents. Dans la
mesure où l'on est amené à manipuler des champs cohérents mésoscopiques, une procé-
dure d'initialisation est nécessaire pour e�acer le champ produit à la �n d'une séquence
expérimentale. Le champ injecté a en général subi la relaxation et, en dé�nitive, le nombre
moyen de photons à absorber ne dépasse pas 20 unités. La �gure (2.21) reproduit le dia-
gramme spatio-temporel de la procédure d'initialisation du champ. Cette procédure est
constituée de cinq paquets absorbeurs avec une dizaine d'atomes par paquets. Le premier
paquet élimine le faible champ créé dans le mode spectateur BF en raison des imperfec-
tions expérimentales. Le gros du champ à absorber se trouve dans le mode acteur HF.
Quatre paquets se succèdent et assurent, pour des champs mésoscopiques jusqu'à 20 pho-
tons en moyenne, une initialisation au vide. Une telle procédure peut génèrer des échos
(voir paragraphe 2.2.3). Pour les éviter, les atomes de l'expérience sont programmés 1 ms
après cette procédure. Ainsi, le champ de la cavité a eu le temps de relaxer. Au mo-
ment du passage des atomes d'expérience, la cavité est par conséquent à l'état d'équilibre



Dispositif et techniques expérimentales 119

thermodynamique. Dans tout ce manuscrit, nous symboliserons ce protocole d'e�acement
du champ par l'apparition d'une étiquette "e�acement du champ" dans nos diagrammes
spatio-temporel.

temps
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δ
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Fig. 2.21 � Diagramme spatio-temporel et évolution du désaccord δ de la procédure
d'initialisation du champ

La seconde utilisation de paquets absorbeurs est la réduction du champ thermique
initial. Le temps de relaxation du vide vers le champ thermique est 1/γ. Pour être e�cace,
le délai entre le passage des paquets absorbeurs au centre de la cavité et l'interaction
atome-champ doit être inférieur à 1/γ. La procédure de réduction du champ thermique
est composée de deux paquets absorbeurs de 4 à 5 atomes. Ils sont séparés de 75µs. Le
délai minimum entre le dernier paquet absorbeur et l'atome de l'expérience est 200µs.

L'e�et sur le champ thermique a été observé sur un signal d'oscillation de Rabi en
absorption. Le principe de la mesure est d'observer l'évolution du transfert atomique d'un
atome initialement dans l'état |g〉 en fonction du temps d'interaction e�ectif. Dans le cas
du vide, la probabilité de détecter l'atome dans l'état |e〉 est uniformément nulle. Dans
un champ thermique, une oscillation caractérise le signal de transfert atomique. Pour des
champs thermiques de faible nombre moyen de photons, le contraste des oscillations de
Rabi caractérise le nombre moyen de photons présents dans le mode de la cavité.

La �gure (2.22) résume les caractéristiques spatio-temporelles de l'expérience. L'atome
est initialement préparé dans l'état |g〉. Le temps de déclenchement de l'interaction est
tini = −37 µs. Le délai τdélai entre l'atome acteur et les paquets absorbeurs pourra être
changé. Le temps de �n de l'interaction tfin est balayé.

Les résultats de l'expérience où l'atome est préparé dans |g〉 sont présentés sur la
�gure 2.23. Chacun des trois graphes, matérialisés par des ronds, des étoiles et des carrés,
représente un délai τdélai di�érent entre l'atome et les paquets absorbeurs respectivement
égal à 200µs, 350µs et in�ni (en pratique sans paquet absorbeur). On remarque l'e�et
notable du passage des paquets absorbeurs sur l'absorption de l'atome et donc sur le
champ résiduel.

Sur la �gure, nous avons reproduit, pour chaque délai, les simulations ajustées aux



120 Dispositif et techniques expérimentales

ato
m

es 
abso

rb
ants

ato
m

e 

temps

p
o

si
tio

n

cavité

détecteur

 mode HF

 mode BF

t
ini

t=0µs

δ

τ
délai

t
fin

Fig. 2.22 � Diagramme temps-position et évolution du désaccord δ pour l'expérience d'
oscillation de Rabi dans le champ thermique

courbes expérimentales en supposant que le résultat de l'absorption est un champ ther-
mique. On évalue ainsi le nombre moyen de photons présents après les paquets absorbeurs.
Pour des délais de 200 µs et 350 µs, nous mesurons respectivement la présence de 0.3±0.2
et 0.5±0.2 photons. D'après les lois classiques de relaxation d'un champ thermique, cette
estimation correspond à un champ, juste après les paquets absorbeurs, de nombre moyen
de photons égal à 0.1.
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Fig. 2.23 � Oscillations de Rabi en absorption dans un champ thermique "refroidi". La
courbe représentée par des ronds correspond au cas sans paquet absorbeur, celle repré-
sentée par des étoiles correspond à un délai de 350µs entre l'atome acteur et les paquets
absorbeurs, �nalement celle représentée par des carrés correspond à un délai de 200µs.
Plus le délai est long, plus le transfert atomique maximal est grand
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2.6 Production et calibration d'un champ cohérent dans
la cavité

L'ensemble des expériences présentées dans ce manuscrit a pour but de manipuler
un champ cohérent mésoscopique avec un atome unique. Il est crucial de pouvoir non
seulement le créer mais aussi de connaître l'amplitude du champ injecté.

2.6.1 Durée des injections micro-onde
Comme nous l'avons vu dans la partie théorique, la préparation d'un champ cohérent

dans le mode de la cavité est assez simple : elle consiste à coupler la cavité à une source
micro-onde externe. L'amplitude du champ dépendra linéairement de deux paramètres de
la source contrôlés dans notre expérience : l'amplitude de la source micro-onde, réglée à
l'aide d'un atténuateur calibré, et la durée de l'impulsion. Lors de l'injection du mode
HF, il est important de ne pas exciter le mode BF.
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Fig. 2.24 � Spectre de la source pulsée avec une durée de l'impulsion de 23,3 µs. La
position des modes HF et BF est indiquée. Le mode BF se trouve dans un minimum du
sinus cardinal. Les nombreux pics �ns vers le bas du signal sont liés à la fréquence de
répétition que nous avons choisie au moment de l'enregistrement du signal sur l'analyseur
de spectre.

La largeur spectrale de la source est bien inférieure au Hz (Synthétiseur ANRITSU
référence : MG3692-A). La durée �nie de l'injection du champ implique un spectre de
fréquences en sinus cardinal, centrée autour de la fréquence d'injection. Avec une durée
d'injection de 23.3 µs, la position du deuxième minimum du sinus cardinal est à environ 86
kHz de la fréquence centrale (�gure 2.24). Cette valeur correspond à l'écart en fréquence
entre les deux modes. Avec ce choix, lorsque l'on injecte dans le mode HF nous pouvons
négliger le champ injecté dans le mode BF, qui a une intensité de 35 dB plus petite.
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Une fois les durées des impulsions d'injection choisies, il faut calibrer l'intensité de
la source externe pour contrôler le nombre moyen de photons du champ cohérent injecté
dans la cavité.

Entre la source micro-onde externe et les guides d'onde qui amènent les signaux
micro-onde dans la cavité nous avons placé des atténuateurs réglables très précis. Leur
résolution est de 0,1 dB (cf. �g. 2.16). Cependant, dans le parcours après l'entrée des
guides d'onde dans le cryostat et jusqu'à l'injection dans la cavité, les signaux micro-onde
subissent des pertes di�ciles à estimer, de l'ordre de plusieurs dizaines de décibels. La
seule façon de mesurer précisément le champ dans la cavité est donc d'utiliser une sonde
très sensible et ayant accès à la cavité : les atomes de Rydberg circulaires eux-mêmes.
Le but de la procédure de calibration est de connaître le nombre moyen de photons du
champ cohérent injecté dans la cavité en fonction de la valeur de l'atténuation ajustée à
l'extérieur.

La procédure de calibration est fondée sur la mesure du déphasage du dipôle ato-
mique par l'interaction dispersive entre l'atome et le champ stocké dans la cavité. Ce
déphasage est mesuré par interférométrie de Ramsey.

2.6.2 L'interférométrie de Ramsey comme outil de mesure d'un
champ

Dans les expériences discutées dans la suite de ce manuscrit, les franges de Ramsey
sont employées pour mesurer et calibrer l'intensité du champ à l'intérieur de la cavité.
Nous allons d'abord nous intéresser au principe de fonctionnement d'un interféromètre de
Ramsey. Le résultat d'une telle expérience est appelé "franges de Ramsey". Ensuite, nous
étudierons comment les franges de Ramsey sont a�ectées par la présence d'un champ dans
la cavité. En particulier, nous nous concentrerons sur les cas où un état de Fock |n〉 est
stocké dans la cavité. Ensuite, nous analyserons l'e�et d'un champ cohérent sur le signal
d'interférence.

2.6.2.a Interférométrie de Ramsey : principe de fonctionnement

L'interférométrie de Ramsey est une technique utilisée très communément dans le
domaine de l'optique quantique. Dans les expériences présentées, les deux états atomiques
utilisés pour l'interférométrie de Ramsey sont les états |g〉 et |i〉.

Le principe de fonctionnement d'un interféromètre de Ramsey est schématisé sur
la �gure 2.25. Une source micro-onde externe, accordée sur la fréquence de la transition
atomique entre les niveaux |g〉 et |i〉, est allumée très brièvement à deux instants di�érents
t1 et t2. Elle est réglée de manière à réaliser chaque fois une impulsion π/2. L'atome est
initialement dans l'état |g〉. La première des deux impulsions crée une superposition des
états |g〉 et |i〉. La seconde les remélange. L'atome peut suivre deux chemins indiscernables
pour aller de l'état initial |g〉 à l'état �nal |i〉. La probabilité de détecter l'atome dans l'état
|i〉 résulte d'une interférence entre ces deux chemins.

Tout au long de son trajet sur l'axe de l'expérience à travers la cavité, l'atome
interagit successivement avec deux impulsions de champ classique injectées par une source
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Fig. 2.25 � Principe de l'interféromètre de Ramsey.

micro-onde externe SR, quasi-résonnante avec la fréquence νgi de la transition entre les
niveaux |g〉 et |i〉. Le champ injecté est décrit par une onde monochromatique E(t) =
E sin(2πνRt), avec νR ≃ νgi. L'évolution atomique est bien décrite par un modèle semi-
classique où l'atome est quanti�é et le champ considéré comme classique. L'intensité
du champ injecté et la durée des deux injections sont réglées de façon à e�ectuer deux
impulsions π/2 classiques, qui égalisent les populations des états |g〉 et |i〉 à l'issue de
chaque interaction. En représentation d'interaction, la transformation des états atomiques
dans la première zone de Ramsey R1 s'écrit :

|g〉 −→ 1√
2
(|g〉 + |i〉)

|i〉 −→ 1√
2
(− |g〉 + |i〉)

}
R1 (2.20)

La transformation dans la deuxième zone de Ramsey R2 est :
|g〉 −→ 1√

2

(
|g〉 + ei∆ΦC |i〉

)

|i〉 −→ 1√
2

(
−e−i∆ΦC |g〉 + |i〉

)
}
R2 (2.21)

Ici ∆ΦC = 2π(νR − νgi)Tvol est le déphasage entre la phase du champ classique et la
phase de référence du dipôle atomique accumulé pendant le temps Tvol entre les deux
impulsions. Supposons maintenant l'atome initialement dans |g〉. Après l'interaction dans
les deux zones de Ramsey l'état de l'atome devient :

|g〉 R1−→ 1√
2

(|g〉 + |i〉)

R2−→ 1

2

[(
1 − e−i∆ΦC

)
|g〉 +

(
1 + ei(∆ΦC)

)
|i〉
]

(2.22)

Les probabilités de détecter l'atome dans |g〉 et |i〉 valent :

Pg(∆ΦC) =
1

2
(1 − cos ∆ΦC)

Pi(∆ΦC) =
1

2
(1 + cos ∆ΦC)

(2.23)

La modulation de ces probabilités en fonction de ∆ΦC prend le nom de � franges
de Ramsey �.
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Fig. 2.26 � Position des zones de Ramsey R1 et R2 utilisées pour l'interférométrie.

Réalisation expérimentale d'un interféromètre de Ramsey D'un point de vue
expérimental, le champ utilisé pour les deux impulsions est injecté par le guide d'onde
latéral qui débouche dans l'anneau de la cavité, discuté au � 2.3.4. La �gure 2.26 montre
la structure du champ injecté par le guide latéral ainsi que les temps d'allumage t1 et
t2 choisis. Le mode excité a un très faible facteur de qualité. Au moment du passage de
l'atome sur l'un des ventres, une impulsion micro-onde est programmée. Sa durée permet
de contrôler précisément le temps d'interaction. Les ventres R1 et R2 sont appelés � zones
de Ramsey �, elles se trouvent respectivement avant et après le passage de l'atome dans
le mode de la cavité.

Technique de balayage des franges ∆ΦC est le déphasage accumulé par le champ
classique par rapport au dipôle atomique. La technique utilisée pour varier ∆ΦC consiste
à modi�er la phase du champ injecté dans R2 par rapport au champ injecté dans R1.
Pour cela, nous désaccordons la fréquence νR du champ par rapport à la fréquence νgi
de l'atome d'une quantité ∆νR = νR − νgi. Dans la limite ∆νR ≪ 1/Tint, où Tint est le
temps d'interaction dans chacune des zones de Ramsey, la puissance vue par l'atome reste
inchangée. Chaque impulsion transfère toujours 50% des atomes d'un niveau vers l'autre.
Par contre, la phase relative entre le système atomique et le champ classique varie d'une
quantité :

∆ΦC = 2π(νR − νgi)Tvol (2.24)
En balayant la fréquence νR aux alentours de νgi, ∆ΦC est variée.

2.6.2.b Franges de Ramsey en présence d'un champ dans la cavité

Entre les deux impulsions Ramsey, l'atome traverse le mode de la cavité. L'inter-
action dispersive atome-champ change la phase quantique d'une superposition atomique
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(voir paragraphe 1.3.3). Nous évaluons les conséquences du déphasage sur les franges de
Ramsey.

Mode dans un état |n〉 Supposons que le mode de la cavité est dans un état de Fock
|n〉. L'état |g〉 est couplé au mode de la cavité à travers la transition e−g quasi-résonnante
avec le mode, alors que les transitions à partir de l'état |i〉, d'énergie inférieure, ne sont
pas couplées au mode. L'état |i〉, inchangé par l'interaction, joue ici le rôle de référence de
phase. En appliquant les résultats obtenus dans la partie théorique (1.87), pour les niveaux
|g〉 et |i〉, l'interaction non résonnante d'un atome avec la cavité génère les transformations
suivantes des états atome�champ :

|g, n〉 −→ e−iΦ0n |g, n〉

|i, n〉 −→ |i, n〉
(2.25)

où Φ0 = Ω2
0teff/4δ est le déphasage par photon (voir paragraphe 1.3.3). Grâce à l'inter-

férométrie de Ramsey, nous sommes justement capables de mesurer le déphasage −nΦ0

et ainsi nous pouvons en déduire directement le nombre de photons. Si la cavité est dans
l'état |n〉, le déphasage ∆ΦC entre la phase de la superposition atomique et le champ
classique devient :

∆ΦC − Φ0n (2.26)
La probabilité de détecter l'atome dans les états |g〉 et |i〉 devient :

Pg,i(∆ΦC) =
1

2
[1 ∓ cos(∆ΦC − Φ0n)] (2.27)

L'équation (2.27) montre que, dans le cas d'un état de Fock, le contraste des franges de
Ramsey reste idéalement maximal.

Mode dans un état |α〉 Lorsque la cavité contient un état cohérent |α〉 la situation est
plus complexe. Nous avons vu qu'un état cohérent est modi�é par l'interaction dispersive
avec un atome, sa phase étant déplacée de la quantité Φ0. Nous rappelons l'expression de
la fonction d'onde séparable obtenue en (1.92) :

|g, α〉 −→
∣∣g, αe−iΦ0

〉

|i, α〉 −→ |i, α〉
(2.28)

Après le passage de l'atome, préparé initialement dans |g〉, dans la première zone de
Ramsey et à l'intérieur de la cavité, l'état du système devient :

|g, α〉 R1−→ 1√
2
(|g〉 + |i〉) ⊗ |α〉 cav−→ 1√

2
(
∣∣g, αe−iΦ0

〉
+ |i, α〉) (2.29)

Après le passage dans la deuxième zone de Ramsey R2, la fonction d'onde du système
devient :

R2−→ 1

2

[
|g〉 ⊗

(∣∣αe−iΦ0
〉
− e−i∆ΦC |α〉

)
+ |i〉 ⊗

(
ei∆ΦC

∣∣αe−iΦ0
〉

+ |α〉
)]

(2.30)
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Fig. 2.27 � Image des déphasages des franges dans le cas (a) d'un état de Fock |n〉 et (b)
d'un état cohérent |α〉.

Les probabilités de détecter l'atome dans les état |g〉 et |i〉 valent :

Pg,i(∆Φ) =
1

2

{
1 ∓ℜ

(
e−i∆ΦC

〈
αe−iΦ0 |α

〉)}
(2.31)

=
1

2

{
1 ∓ exp

[
−2|α|2 sin2

(
Φ0

2

)]
cos
[
∆ΦC − |α|2 sin(Φ0)

]}
(2.32)

où nous avons utilisé l'équation (1.120) pour développer le produit scalaire
〈
αe−iΦ0 |α

〉
.

L'expression (2.32) montre que le déphasage des franges dû au champ cohérent dans
la cavité est −|α|2 sin(Φ0), qui est proportionnel au nombre moyen de photons n̄ = |α|2.
Le contraste des franges, par contre, vaut : exp

[
−2|α|2 sin2

(
Φ0

2

)]
. Plus le champ cohérent

est intense, plus le contraste des franges est petit. La réduction du contraste est due à la
dispersion du nombre de photons dans le champ cohérent, proportionnelle à |α| =

√
n̄.

La superposition d'oscillations avec des fréquences di�érentes, chacune proportionnelle à
n, provoque un brouillage des signaux et une baisse du contraste.
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Nous nous retrouvons exactement dans la situation du phénomène d'interférence
quantique discutée en introduction. L'équation (2.25) montre en e�et que l'état du champ
dépend de l'état de l'atome. Puisque dans l'interférométrie de Ramsey l'atome est préparé
dans une superposition des états |g〉 et |i〉, l'interaction crée un état atome-champ intriqué
[équation (2.29)]. Le champ joue le rôle d'un instrument de mesure de l'état de l'atome.
Plus le champ est intense et l'incertitude relative sur sa phase petite, plus les informations
sur l'état atomique sont précises. Le fait que l'on puisse connaître l'état de l'atome en
mesurant le champ détruit la cohérence de la superposition entre les états |g〉 et |i〉, et par
conséquent les franges disparaissent. Sur l'équation (2.31), cet e�et est matérialisé par le
facteur

〈
αe−iΦ0 |α

〉
. Plus les états se recouvrent et leur produit scalaire est grand, plus les

franges sont visibles, et vice versa.
Dans le cas de la cavité dans un état |n〉, l'interaction atome�champ dispersive ne

modi�e pas l'état du champ. Par conséquent, aucune information sur l'état de l'atome
n'est contenue dans l'état du champ et le contraste des franges de Ramsey est maximal.
La �gure 2.27 schématise le principe de l'interférométrie de Ramsey dans le cas d'un état
de Fock (a) et d'un état cohérent (b) et montre qualitativement la réduction du contraste.

2.6.3 Calibration du champ injecté
Comme l'indique l'équation (2.32), le déphasage des franges de Ramsey est propor-

tionnel à |α|2 sin Φ0, où |α|2 est le nombre moyen de photons du champ injecté, que l'on
veut mesurer, et Φ0 est le déphasage provoqué par le champ dans l'état |n = 1〉. Pour
évaluer le nombre de photons absolu injecté dans la cavité, nous devons mesurer d'abord
le déphasage référence Φ0.
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Fig. 2.28 � (a) Diagramme spatio-temporel de l'expérience de mesure du déphasage par
photon. (b) Variation de la fréquence de la transition atomique réglée par e�et Stark (cf.
� 2.2.1 et � 2.3.2) au cours de la séquence expérimentale.
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Fig. 2.29 � Mesure du déphasage par photon. La courbes aux carrés correspond aux
franges de Ramsey de référence sans atome émetteur, la courbes aux triangles aux franges
obtenues après l'émission d'un photon dans le mode

Le diagramme spatio-temporel de l'expérience de mesure du déphasage Φ0 est repré-
senté dans la �gure 2.28a. Un atome, préparé dans l'état |g〉, de vitesse 335 m/s, interagit
avec le champ classique contenu dans les zones de Ramsey R1 et R2, illustrées dans la
�gure 2.26. Entre les deux injections l'atome interagit dispersivement avec le mode HF
de la cavité. Sa fréquence est alors désaccordée de 100 kHz par rapport à la fréquence du
mode HF. L'état de Fock à un photon est préparé dans le mode HF de la cavité par un
autre atome, appelé atome émetteur, envoyé avant le précédent et initialement dans l'état
|e〉. Une interaction résonante dans le mode HF d'une durée e�ective de 9 µs permet de
transférer complètement le quantum d'énergie au mode de la cavité (impulsion π). Au
début de chaque séquence expérimentale, 5 paquets d'atomes absorbants, du même type
que ceux décrits dans le paragraphe précédent, e�acent le champ injecté dans la cavité
au cours de la séquence précédente (cadre au début du diagramme). Avant le passage
de l'atome émetteur, cinq autres paquets d'atomes absorbent le champ thermique. Cette
procédure à cinq atomes est d'une e�cacité comparable à celle discutée précédemment
à deux paquets absorbeurs. Pour éviter que le champ thermique ne retourne à la va-
leur d'équilibre n̄ ∼ 1 avant l'arrivée de l'atome utilisé pour la calibration du champ, le
délai entre les cinq paquets absorbants et l'atome est petit. Le dernier de ces paquets
atomiques traverse la cavité 175 µs avant la première impulsion micro-onde. Au-dessous
du diagramme principal, la fréquence de la transition atomique en fonction du temps est
représentée (�gure 2.28(b)).

Les résultats de l'expérience sont présentés sur la �gure (2.29). La �gure reproduit
deux systèmes de franges conditionnés à la détection et à la non détection de l'atome
émetteur. Chacune des franges de Ramsey correspondent au cas où la cavité est vide
et au cas où le champ est un état de Fock à un photon. L'ajustement à une fonction
sinusoïdale mesure Φ0 = (43, 0 ± 2, 5)�.
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� 2.2.1 et � 2.3.2) au cours de la séquence expérimentale.

A partir de cette mesure de référence, nous sommes capables de calibrer de manière
absolue le nombre de photons injectés dans le mode de la cavité. A cet e�et, nous me-
surons maintenant le déphasage induit par la présence d'un champ cohérent d'amplitude
ajustable.

Par rapport à l'expérience précédente, nous avons remplacé l'émission d'un photon
par l'injection du champ externe. La �gure 2.30 schématise la di�érence à apporter au
schéma du déroulement spatio-temporel. Les délais entre la �n de la création de l'état de
Fock à un photon et la �n de l'injection dans les deux expériences ne sont pas les mêmes.
L'évaluation �nale du nombre de photons tiendra compte de cette di�érence.

La �gure 2.31 représente les systèmes de franges obtenus sans injecter aucun champ
dans la cavité, avec un champ cohérent de 0,67 photons et de 2.68 photons. Plus le champ
cohérent dans la cavité est important, plus le déphasage est important et plus le contraste
est réduit. Ce comportement est en complet accord avec l'expression du signal (voir �gure
2.31).

Finalement, la �gure 2.32 reproduit les résultats de l'expérience pour di�érentes
atténuations de l'injection, sous la forme d'un déphasage en fonction de l'atténuation de
la puissance micro-onde injectée induite par les atténuateurs externes, en unités linéaires.
En connaissant le déphasage par photon Φ0 et en mesurant le déphasage provoqué par le
champ cohérent |α|2 sin Φ0, nous obtenons le nombre moyen de photons |α|2, la courbe 2.32
indique le nombre moyen de photons injectés en fonction de la valeur de l'atténuation.

Cette mesure correspond à la détermination du module de l'amplitude du champ à
la �n de son injection dans le mode de la cavité. Dans toutes les expériences suivantes,
un délai, donné pour chaque expérience, sera nécessaire entre l'injection du champ et sa
manipulation. Comme nous l'avons vu dans la partie théorique, la relaxation du champ
cohérent ou d'un champ thermique déplacé se fait sur un temps caractéristique de 1/γ.
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On en tiendra compte au cas par cas.
L'incertitude sur la calibration du nombre de photons provient principalement des

erreurs systématiques dans la mesure du déphasage Φ0 de référence. Premièrement, il
existe un délai de ∼ 80 µs entre la création du photon et l'entrée de l'atome sonde dans le
mode. Pendant ce délai, l'état |n = 1〉 relaxe vers un mélange statistique des états |n = 0〉
et |n = 1〉. Deuxièmement, en raison de la présence du second mode de la cavité, la pureté
de l'état de Fock à un photon créé n'est pas excellente. L'incertitude �nale estimée sur le
nombre moyen de photons du champ cohérent est de l'ordre de 10%



Chapitre 3

Mesure de l'état du champ
mésoscopique : la fonction de
quasi-probabilité Q

Ce chapitre est consacré à la mesure de l'état du champ présent dans le mode de la
cavité. Au même titre que la matrice densité, les fonctions de Wigner ou Q caractérisent
complètement l'état auquel elles sont associées. Au début de ma thèse, un protocole de
mesure de la fonction de Wigner a été développé pour mesurer l'état d'équilibre du mode
de la cavité et d'un état de Fock à un photon [71, 43]. Il est décrit en détail dans la thèse
de Patrice Bertet [72].

Pour les états superpositions composés de deux champs cohérents de phases dif-
férentes (1.2.3), la mesure de la fonction de Wigner permet d'évaluer la di�érence de
phase entre les deux composantes du champ et le degré de cohérence de la superposition.
Comme nous l'avons vu dans la partie théorique (1.2.3), la fonction Q, elle, est tout à
fait appropriée à l'étude de la séparation en deux états cohérents de phases di�érentes du
champ. Par contre la contribution des termes de cohérence est très réduite et la résolution
nécessaire est inaccessible expérimentalement. Néanmoins, la mesure de la fonction Q est
expérimentalement plus facile à mettre en ÷uvre.

Dans ce chapitre, nous décrivons la méthode de mesure de la fonction Q du champ
stocké dans la cavité. A l'instar de la fonction de Wigner et comme nous l'avons remarqué
dans le paragraphe (1.2.3), chaque point de cette distribution est la valeur moyenne d'un
opérateur du champ. La seule mesure disponible dans notre expérience est la détection
de l'état de l'atome à deux niveaux. Il a donc fallu développer un protocole indirect
basé sur l'interaction résonnante du champ avec un atome à deux niveaux pour extraire
l'information sur le champ.

Nous présentons premièrement le cahier des charges expérimental et le protocole
utilisé pour réaliser la mesure de la fonction Q d'un état quelconque du champ. En par-
ticulier, les caractéristiques de couplage entre les atomes détectés et le champ à sonder
sont discutées. En�n, la procédure de mesure de la fonction Q est appliquée à di�érents
états du champ. Nous comparons les résultats expérimentaux aux fonctions Q théoriques
des états produits dans la cavité.
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3.1 Mesure expérimentale de la fonction Q d'un état
du champ

L'expression de la fonction Q associée à un opérateur densité ρ̂, telle qu'elle a été
dérivée dans la partie théorique, est la suivante :

πQρ̂(α) = 〈α| ρ̂ |α〉 = Trchamp(D̂
−1(α)ρ̂D̂(α) |0〉 〈0|) (3.1)

L'écriture (3.1) associe à chaque point de l'espace des phases la valeur moyenne d'un
opérateur. Elle fournit donc un protocole de mesure pour reconstruire expérimentalement
la fonction Q. Cette mesure comporte deux étapes : une étape de déplacement du champ
à mesurer et une étape de lecture.

Appelons ρ̂(−α) la matrice densité D̂(−α)ρ̂D̂(α). La matrice densité ρ̂(−α) est ob-
tenue après un déplacement d'amplitude −α. La première étape consiste à produire l'état
ρ̂(−α). Expérimentalement, la transformation revient simplement à injecter un champ
d'amplitude −α après la production du champ à mesurer.

La seconde opération est une mesure de la probabilité de détecter 0 photon dans
l'état du champ après déplacement :

πQρ̂(α) = 〈0| ρ̂(−α) |0〉 (3.2)

Dans notre dispositif, la seule sonde possible du champ est un atome à deux niveaux.
Au contraire d'autres expériences réalisées dans le domaine optique [73], nous ne pouvons
pas avoir des informations sur l'état du champ sans les atomes.

Attachons-nous à décrire les caractéristiques de la réponse atomique attendue lors
de l'interaction avec le champ déplacé ρ̂(−α) en vue de la reconstruction de la fonction
Qρ̂. L'idéal pour mener cette discussion est de décomposer le champ sur la base des états
de Fock. Le comportement atomique idéal doit permettre de discriminer entre le cas où
le champ est le vide et celui où le champ électromagnétique se trouve dans tout autre
état de Fock |n〉 avec n ≥ 1. Par conséquent, elle est une fonction à deux valeurs, 1 pour
l'état vide et 0 pour tout état de Fock avec n di�érent de 0. Nous allons voir comment
une interaction résonnante permet de s'approcher de la réponse atomique idéale.

3.1.1 Mesure du champ
Le protocole utilise une interaction résonnante entre un atome sonde initialement

dans l'état |g〉 et le champ à sonder déplacé ρ̂(−α). Le signal mesuré est la probabilité de
détecter l'atome sonde dans l'état |g〉.

Après un temps d'interaction t, l'expression analytique de cette probabilité a été
dérivée dans la partie théorique (1.3). Nous la réécrivons ici dans le cas où la cavité est
initialement dans l'état ρ̂(−α). Si on note P ρ̂(−α)

g (t) la probabilité de détecter l'atome
dans l'état |g〉 après une interaction résonnante avec l'état du champ ρ̂(−α), elle a pour
expression :
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P ρ̂(−α)
g (t) = ρ0,0(−α) +

∑

n≥1

ρn,n(−α)

(
1 + cos(Ω0

√
n t)

2

)
(3.3)

On rappelle que Ω0 est, dans cette expression, la fréquence de Rabi du vide.
En couplage résonnant avec le vide, un atome initialement dans l'état fondamental

|g〉 n'échange pas d'énergie avec le champ et, par conséquent, il restera dans l'état |g〉. La
probabilité de détecter l'atome dans l'état |g〉 sera idéalement 1. On obtient dans ce cas
la réponse atomique attendue.

En revanche pour tout autre état de Fock |n〉, l'atome échangera de l'énergie avec
le champ et l'état atomique �nal sera déterminé par le temps d'interaction. Comme nous
l'avons vu dans le chapitre théorique, la probabilité de détecter l'atome dans l'état |g〉
est caractérisée pour n ≥ 1 par des oscillations en fonction du temps d'interaction : c'est
le phénomène d'oscillation de Rabi quantique. Idéalement, dans le cas de l'interaction
avec un état de Fock |n〉 (n ≥ 1), les oscillations sont non amorties et leur fréquence est
proportionnelle à √

n. A temps d'interaction �xe, la probabilité de détecter l'atome dans
l'état |g〉 ne sera pas la même pour tous les états de Fock.

Il semble hors de question d'obtenir le régime binaire escompté de la réponse ato-
mique. Nous ne pourrons véri�er la condition de réponse atomique binaire, nous ne pour-
rons que l'approcher. En particulier, la �gure 3.1 représente les oscillations de Rabi théo-
rique pour les états de Fock de 1 à 3. Nous pointons sur chaque courbe le temps d'interac-
tion topt. Pour l'oscillation de Rabi dans l'état de Fock à un photon, ce temps correspond
à une impulsion proche de 5π/2. Pour ce temps d'interaction, le transfert atomique est
à peu près égal à 1/2 lors de l'interaction avec les trois premiers états de Fock. Pour les
états de Fock suivants, il est idéalement assez di�érent. Par contre, le nombre d'oscilla-
tions e�ectuées après un temps d'interaction égal à topt est, pour ces états, plus grand. Par
conséquent l'amortissement du phénomène d'oscillation de Rabi dû aux imperfections ex-
périmentales est plus important et la probabilité de détecter l'atome dans l'état |g〉 pourra
être supposée égale à 1/2 pour n'importe quel état de Fock de plus de 4 photons.

Finalement, le résultat de l'expérience est la probabilité de détecter l'atome sonde
dans l'état |g〉 après un temps d'interaction égal à topt avec le champ déplacé. Ce signal
a, approximativement, les propriétés suivantes :

Pg(topt) = 1 si l′état du champ est |0〉

Pg(topt) = 1/2 si l′état du champ est |n〉 avec n ≥ 1
(3.4)

En dé�nitive, on déduit la valeur de la fonction Q au point α à partir de la relation
suivante :

πQ(α) = 2P ρ̂(−α)
g (t = topt) − 1 (3.5)

Pour conclure, récapitulons le protocole expérimental de la mesure de la fonction
Q : une séquence de déplacement du champ à mesurer par injection d'un champ cohérent
dans le mode de la cavité et l'absorption du champ ainsi déplacé au temps d'interaction
topt �xe d'un atome sonde initialement préparé dans l'état |g〉.
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Fig. 3.1 � Oscillations de Rabi théorique pour les états de Fock |1〉, |2〉 et |3〉
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Dans la suite, nous allons voir comment le temps optimal d'interaction topt est dé-
terminé expérimentalement en étudiant l'oscillation de Rabi dans le vide. Ensuite nous
donnerons toutes les caractéristiques techniques de l'atome sonde et du champ de dépla-
cement composant la procédure de mesure de la fonction Q.

3.1.2 Analyse du processus d'absorption : oscillation de Rabi
dans le vide

La réalisation expérimentale de la mesure de la fonction Q nous amène à étudier
en détail le comportement de l'atome initialement préparé dans l'état |g〉 en interaction
avec di�érents états de Fock. Etudier cette dynamique pour tous les états de Fock pose
un sérieux problème expérimental : créer des états de Fock purs de plus d'un photon est
un réel dé� expérimental. Les expériences de CQED dans le domaine micro-onde ont créé
des états de Fock à un et deux photons de pureté convenable. La création utilise le plus
souvent les oscillations de Rabi [74, 43, 47]. Grâce à un processus du second ordre, un
état de Fock à 2 photons a été créé dans notre expérience [75].

Pour éviter les problèmes de pureté de l'état de Fock du champ créé, nous préférons,
pour déterminer le temps optimal d'interaction topt, étudier les comportements des oscilla-
tions de Rabi dans le vide. Dans cette partie, nous présentons les résultats expérimentaux
de l'oscillation de Rabi réalisée avec la cavité vide et l'atome initialement dans |e〉. L'os-
cillation de Rabi "en émission", est tout à fait équivalente à l'étude de la dynamique du
système initialement dans l'état |g, 1〉. Elles sont exactement symétriques l'une de l'autre
par rapport à la probabilité 1/2.

Le protocole expérimental est très similaire à celui utilisé dans la partie (2.5.1) lors
de l'étude de l'oscillation de Rabi dans un champ thermique. Sur la �gure (3.2), nous
avons reproduit le diagramme spatio-temporel de l'expérience. La séquence commence
par deux paquets absorbeurs. L'atome passe au centre de la cavité 200µs après le passage
du dernier paquet absorbeur. Le champ produit à la �n de la procédure de refroidissement
est caractérisé par 0.3 photons en moyenne au moment du passage de l'atome. La valeur
de temps d'interaction optimal topt se situe d'après les prédictions théoriques autour de
25µs. Par conséquent, une vitesse des atomes de 335m/s su�t pour l'atteindre. Le temps
initial d'interaction tini est programmé 37µs avant le passage de l'atome au centre de la
cavité. Le temps de �n d'interaction tfin est lui balayé pendant l'expérience.

La �gure 3.3 présente la probabilité de détecter l'atome dans l'état |g〉 en fonction
du temps d'interaction e�ectif ti. Nous pointons sur cette courbe le temps d'interac-
tion réalisant avec une bonne approximation l'impulsion 5π/2 à l'aide d'un trait vertical.
Expérimentalement nous trouvons topt = 24µs. La di�érence par rapport au temps de
l'impulsion 5π/2 idéale est expliquée par la présence du second mode. Ce temps e�ectif
correspond à un temps de �n d'interaction tfin = −8µs.

Comme nous l'avons souligné au début de ce chapitre, le caractère binaire de la
réponse atomique est en toute rigueur impossible à atteindre. Nous disposons cependant
au temps d'interaction topt d'une bonne réponse atomique expérimentale pour mesurer en
principe la fonction Q. Nous allons décrire maintenant les caractéristiques complètes de
la procédure de mesure de la fonction Q. Elle est composée de l'injection de micro-onde
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de déplacement et de l'atome sonde.

3.1.3 La procédure expérimentale de mesure de la fonction Q

La �gure 3.4 résume les caractéristiques du protocole de mesure de la fonction Q.
L'atome sonde est préparé dans l'état |g〉. Sa vitesse est sélectionnée à 335m/s. Le début
de l'injection du champ cohérent de déplacement est programmé 93.3µs avant le passage
de l'atome sonde au centre de la cavité. Le champ cohérent de déplacement est injecté
pendant 23.3µs. Pendant cette injection, la di�érence de potentiel maximale est appliquée
entre les miroirs. Tous les atomes présents dans la cavité hors du mode sont alors hors de
résonance avec le champ injecté.
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Fig. 3.4 � Diagramme temps-position et évolution du désaccord δ de la procédure de
mesure de la fonction Q

Se pose alors la question de l'exploration de l'espace des phases. Le point de mesure
de la fonction Q est l'amplitude du déplacement réalisé de l'état du champ à sonder. La
phase et le module de cette amplitude sont respectivement contrôlés à l'aide de déphaseurs
et d'atténuateurs calibrés.

Dans la suite, nous présentons les premiers résultats de cette thèse utilisant la pro-
cédure de mesure de la fonction Q.
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3.2 Mesure de la fonction Q

Après avoir décrit toutes les caractéristiques de la mesure de la fonction Q, nous
nous proposons d'appliquer ce protocole à di�érents états du champ. Les champs ainsi
sondés sont de deux types. D'une part, les états invariants par rotation dans l'espace
des phases, tels que les états de Fock. Nous ne présenterons pour ces états que la coupe
de la fonction Q sur une droite passant par l'origine. D'autre part, les états avec une
information de phase tels que les états cohérents et leurs superpositions.

3.2.1 La mesure du champ thermique
Le premier état sondé est le champ à l'équilibre thermodynamique. Il est dé�ni par

un unique paramètre : le nombre moyen de photons. On cherchera à discriminer grâce à la
mesure de la fonction Q l'état de champ thermique de ceux produits après refroidissement.

Dans ces deux cas, l'état du champ possède une fonction Q invariante par rotation
dans l'espace des phases. Par conséquent, le champ ne sera mesuré qu'en amplitude et
le résultat de l'expérience sera la coupe de la fonction Q de l'état sondé sur une droite
passant par l'origine. Expérimentalement, nous modi�ons le module de l'amplitude de
déplacement en changeant la durée de l'impulsion micro-onde. Comme nous l'avons vu
dans la partie théorique, l'amplitude du déplacement est proportionnelle à la durée de
l'impulsion. La calibration du champ avant chaque expérience nous permet de connaître
précisément le module de l'amplitude du déplacement pour une durée �xe. Une simple
règle de trois précise l'amplitude pour chaque durée d'allumage de la micro-onde. En raison
du faible nombre de photons injectés, le champ présent dans le mode BF est négligeable.
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des étoiles) et à 350 µs des paquets absorbeurs (la courbe matérialisée par des triangles).
On superpose sur chaque courbe la fonction Q résultat de l'ajustement.
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La �gure (3.5) reproduit le diagramme spatio-temporel de la séquence expérimentale
et la fréquence atomique programmée. Une procédure initiale d'e�acement du champ per-
met d'éliminer le champ résiduel présent dans le mode à la �n de la séquence précédente.

Ensuite, une procédure de refroidissement de la cavité est programmée τdélai avant
le passage de l'atome sonde au centre de la cavité. Elle est composée de deux atomes.
Pour observer la dépendance de la fonction Q en fonction du champ thermique, la mesure
sera réalisée pour trois délais di�érents τdélai : 200 µs, 350 µs ainsi qu'en l'absence de la
procédure de refroidissement.

Sur la �gure (3.6), on compare les fonctions Q obtenues dans ces trois con�gurations.
Les trois courbes ont des pro�ls à peu près gaussiens comme attendu. On rappelle ici
l'expression de la fonction Q associée au champ thermique de nombre moyen de photon
nth obtenue dans la partie théorique (1.6) :

πQρ̂th(α) =
1

nth + 1
exp(− |α|2

nth + 1
) (3.6)

La fonction mesurée a bien le comportement attendu : plus le champ thermique
est grand, plus le pro�l gaussien est large et plus la valeur de la fonction Q à l'origine
est petite. Plus quantitativement, un ajustement de la fonction Q mesurée à l'expression
théorique (3.6) permet d'évaluer le champ thermique. En raison des imperfections de la
réponse atomique, le transfert atomique dépend encore de l'amplitude de champ. Nous
prenons en compte cet aspect sous la forme d'une incertitude sur le "fond" de la fonction à
ajuster. Le résultats de l'ajustement mesurent le nombre de photons moyen pour di�érents
délais. Sans paquets absorbeurs, on mesure 0.9 ± 0.2, avec des paquets 200µs et 350µs
avant l'atome sonde, on mesure respectivement 0.4±0.1 et 0.55±0.1. Ces résultats sont
en très bon accord avec la mesure du champ thermique réalisée à partir de l'analyse de
l'oscillation de Rabi (2.5.1).

A une bonne approximation, la fonction mesurée possède les propriétés de l'état de
champ thermique.

3.2.2 Mesure la fonction Q d'un champ thermique déplacé
Notre intérêt se porte maintenant sur l'état de champ thermique déplacé. Au contraire

du cas précédent, la fonction Q n'est pas invariante par rotation dans l'espace des phases.
L'état du champ sera sondé de deux manières di�érents : à amplitude �xe ou à phase �xe.

On rappelle ici l'expression de la fonction Q associée au champ thermique de nombre
moyen de photon nth déplacé d'une amplitude β (1.2.3) :

πQD(−β)ρ̂thD(β)(α) =
1

nth + 1
exp(− 1

nth + 1
|α− β|2) (3.7)

La �gure 3.7 présente le diagramme spatio-temporel de la séquence expérimentale.
Par rapport à l'expérience précédente, le protocole ajoute une phase de préparation de
l'état thermique déplacé. Elle consiste en une injection I de champ. La �n de cette in-
jection est réalisée 103.3µs avant le début du déplacement dans la procédure de mesure
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de la fonction Q. L'injection dure exactement 23.3µs. L'atome sonde passe au centre du
mode 350µs après le passage en ce même point du dernier paquet absorbeur. A partir
de l'évaluation du nombre moyen de photons présents dans la cavité présentée dans le
paragraphe (2.5.1), après 350µs de relaxation, le nombre moyen de photons dans le mode
HF est égal à 0.5. Le délai entre les deux injections est égal à 103.3µs. Pendant ce temps,
le champ thermique déplacé relaxe en suivant la loi (1.177).
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Les deux impulsions micro-onde sont issues de la même source. La relation de phase
entre la première impulsion I et la seconde Id de déplacement est dé�nie par le temps τ
entre les instants initiaux des deux injections et la fréquence propre de la source. Comme
dans le cas de l'interférométrie de Ramsey, ce temps d'attente entre les deux impulsions
micro-onde est �xe et la phase est donc modi�ée en changeant la fréquence de la source
générant le champ nécessaire aux deux impulsions. Dans cette opération, la cavité se
comporte comme un �ltre. En raison de la durée �nie des impulsions micro-onde, leur
largeur spectrale, égale à l'inverse du temps d'allumage, est supérieure à la trentaine de
kHz. Le balayage typique en fréquence opéré dans les expériences de mesure de la coupe
de la fonction Q à amplitude �xe est de quelques kHz. L'amplitude du champ injecté ne
varie donc pratiquement pas pendant le balayage de la fréquence.

La correspondance précise entre la di�érence de fréquence et la di�érence de phase
est connue à partir d'une exploration large en fréquence de la réponse de l'atome sonde
à un champ sonde d'amplitude égale au champ injecté. Le signal attendu est la coupe
QD(−β)ρ̂thD(β)(φ) de la fonction du champ cohérent de paramètre β sur le cercle de rayon
|β|. Elle a pour expression :

πQD(−β)ρ̂thD(β)(φ) =
1

nth + 1
exp

(
− 1

nth + 1
|β|2 (2 − 2 cos(φ− φ0))

)
(3.8)
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où φ0 est la phase de l'amplitude du champ thermique déplacé. Cette projection de la
fonction Q associée au champ thermique déplacé est périodique de période 2π.

La �gure 3.8 présente les résultats de cette expérience préliminaire. La probabilité
de détecter l'atome sonde dans l'état |g〉 présente des pics dont la séparation en fréquence
correspond exactement à une phase φ égale à 2π. Cette expérience préliminaire est réalisée
avant chaque mesure. Elle permet de repérer, en particulier, la phase du déplacement du
champ thermique au point de mesure. Cette phase peut varier d'une expérience à l'autre
en raison des évolutions lentes de la fréquence de la cavité.

Une fois la phase de l'amplitude du champ thermique déplacé repérée, nous allons
mesurer la coupe de la fonction Q à phase �xe et égale à la phase de l'amplitude de
déplacement. Comme lors de la mesure du champ thermique, le module de l'amplitude
du champ d'analyse est varié en changeant la durée de l'impulsion micro-onde.

La �gure 3.9a représente les résultats de la mesure correspondant, à l'instant de la
mesure, à un état thermique de 0.5 photons déplacé d'une amplitude égale à |β| =

√
51.

Cette valeur correspond à la relaxation du champ thermique déplacé initialement d'une
amplitude |β| =

√
58 (1.6). Le pro�l obtenu est à une bonne approximation gaussien. Le

maximum de la courbe expérimentale est atteint pour |α|2 = 51 ± 1.
La seconde expérience mesure la coupe de la fonction Q sur le cercle de module

|β| =
√

51. La �gure b reproduit la courbe expérimentale. Autour de la phase du champ
de déplacement φ0, l'expression (3.10) se linéarise :
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πQD(−β)ρ̂thD(β)(φ) ≃ 1

(nth + 1)
exp

(
− 1

nth + 1
|β|2(φ− φ0)

2

)
(3.9)

Sur chaque courbe nous avons reproduit en pointillés la coupe de la fonction Q
attendue. Nous observons un élargissement expérimental de la coupe à amplitude �xe.
Un ajustement gaussien donne une demi-largeur w à 1/e égale à 12.5�. La largeur de la
fonction Q attendue théoriquement est 9.8�. Nous attribuons l'élargissement en phase de
∆φ = 2.7�à des variations de la fréquence de la cavité dues à la vibration des miroirs. Cet
élargissement est indépendant du nombre de photons. Pendant la protocole de mesure de la
fonction Q d'un champ thermique déplacé, le délai séparant l'impulsion de déplacement et
l'impulsion de lecture est égal à 100 µs. Une amplitude de vibration de la distance entre les
miroirs de 50 pm (variation de 100 Hz de la fréquence de la cavité) induit un déphasage
de 3.6� sur le champ. Par conséquent, le champ sondé est élargi en phase mais pas en
amplitude. Il est quali�é d'état gaussien non dégénéré. Les expressions des coupes de la
fonction Q attendue à phase �xe, QD(−β)ρ̂thD(β)(|α|), et à amplitude �xe, QD(−β)ρ̂thD(β)(φ),
sont :

πQD(−β)ρ̂thD(β)(|α|) ≃
1

σ
√
nth + 1

exp

(
− 1

nth + 1
(|β| − |α|)2

)
(3.10)

πQD(−β)ρ̂thD(β)(φ) ≃ 1

σ
√
nth + 1

exp

(
− 1

σ2
β2(φ− φ0)

)
(3.11)

avec σ =
√
nth + 1 + β∆φ

La prise en compte de l'élargissement dans la dé�nition de l'état mesuré conduit à
prédire des coupes de la fonction Q représentée sur la �gure 3.9 en trait plein. L'accord
entre théorie et expérience est très bon.

A�n de connaître plus précisément la dépendance des largeurs mesurées en fonction
du nombre de photons moyen du champ sondé, nous changeons l'amplitude de déplace-
ment de l'injection I et nous analysons la largeur des coupes expérimentales de la fonction
Q. Les coupes de la fonction Q à amplitude �xe, associée à des déplacements I d'amplitude
égal à

√
13,

√
26 et

√
38, sont représentées sur la �gure 3.10a. Plus le nombre de photons

injectés est grand, plus �ne est la largeur du pic. On en déduit la largeur des la fonction
Q en fonction de l'inverse de la racine carrée du nombre moyen de photons injectés. La
variation mesurée de cette largeur est présentée sur la �gure 3.10b. Elle est linéaire en
1/
√
n̄. Une mesure du champ thermique est alors possible. En e�et, la pente de la courbe

3.10b doit être directement égale à n̄th + 1. L'ajustement linéaire nous permet de déduire
un nombre de photons thermiques égal à 0.5 ± 0.2. Cette valeur est tout à fait en accord
avec l'évaluation réalisée grâce à l'oscillation de Rabi ou à la mesure direct de la fonction
Q du champ après refroidissement. L'élargissement, indépendant du nombre de photons,
de 2.7�est révélé et con�rmé par l'ajustement linéaire de la courbe de la �gure 3.10b.

Les états sondés jusqu'ici sont dits classiques ou quasi-classiques. Tous, en parti-
culier, ont des pro�ls gaussiens. Notre montage expérimental permet la création dans le
mode de la cavité d'états quantiques tel que les états de Fock. Le pro�l des fonctions
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Q associés à ces états ne seront pas gaussiens. Nous allons maintenant leur appliquer le
protocole de mesure de la fonction Q.

3.2.3 Mesure de la fonction Q de l'état de Fock à un photon
Le dernier état sondé dans cette partie est l'état de Fock à un photon. Au même

titre que le champ thermique, tous les états de Fock sont caractérisés par une fonction
Q invariante par rotation dans l'espace des phases. Nous rappelons ici l'expression de la
fonction Q associée à l'état de Fock |n〉 :

Q|1〉〈1| =
|α|2
n!

e−|α|2 (3.12)

L'état de Fock à 1 photon est produit de manière routinière dans notre expérience
en arrêtant l'oscillation de Rabi d'un atome dans le vide après une impulsion π. A cet
instant, la fonction d'onde du système est transférée théoriquement de l'état |e, 0〉 vers
l'état |g, 1〉.

La �gure 3.11 représente le diagramme spatio-temporel de l'expérience. En com-
paraison avec la mesure de la fonction Q du champ thermique, un atome, initialement
préparé dans l'état |e〉, est ajouté pour produire l'état de Fock à un photon. L'expérience
complète nécessite donc deux atomes : un pour créer l'état à 1 photon et un pour la
mesure de la fonction Q. Le signal sera la coïncidence entre la détection de l'atome sonde
dans l'état |g〉 et la détection de l'atome qui dépose un photon dans la cavité dans l'état
|g〉.

L'atome qui crée le photon possède une vitesse égale à 335m/s. Le nombre d'atomes
par paquet fut choisi autour de 0.2. Son passage au centre de la cavité est programmé 200µs
après celui du dernier paquet absorbeur. D'après le signal expérimental de l'oscillation de
Rabi dans le vide de la �gure 3.3, l'atome doit interagir pendant un temps e�ectif égal à
8µs, ce qui correspond à mettre l'atome et le champ à résonance entre l'instant −37µs et
−9µs avant le passage de l'atome au centre du mode. Ensuite, on programme le protocole
de mesure de la fonction Q. L'atome sonde passe au centre de la cavité 350µs après les
derniers paquets absorbeurs.

Nous présentons sur la �gure (3.12) la coupe de la fonction Q à phase �xe, corrélée
à la détection du premier atome dans l'état |g〉. Dans le cas d'un état pur à un photon,
la fonction Q est nulle à l'origine (voir �gure 1.7). Sur la courbe expérimentale 3.12, on
observe, par rapport à la mesure de la fonction Q du champ thermique, une réduction
importante de la valeur mesuré à l'origine lorsque le premier atome a été détecté dans
l'état |g〉. L'état mesuré est interprété comme une superposition statistique d'états de
Fock à un photon, à deux photons et du vide.

En ligne pleine, un ajustement de la fonction Q représentée. Elle correspond à un
état mélange statistique de |0〉, |1〉, |2〉 et |3〉 avec des poids respectifs égaux à 0.26±0.05,
0.35 ± 0.15, 0.25 ± 0.15 et 0.15 ± 0.15. A partir d'une analyse numérique de l'expérience,
nous calculons la statistique de l'état du champ juste avant la mesure de la fonction Q.
En se restreignant aux quatres premiers états de Fock, on obtient : 0.15 de |0〉 〈0|, 0.54
de |1〉 〈1|, 0.24 de |2〉 〈2| et 0.06 de |3〉 〈3|. Notre mesure expérimentale est en bon accord
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avec la relaxation de l'état produit par l'émission d'un photon dans un champ thermique.

3.3 Mesure de la fonction Q d'un champ : conclusions
et perspectives

Un protocole de mesure de la fonction Q a été présenté et appliqué à di�érents
états de champ dans la cavité. La fonction mesurée présente, à une bonne approximation,
les comportements attendus de la fonction Q. L'un des problèmes principaux de notre
mesure est la réponse de l'atome sonde. Une manière de l'améliorer consisterait à générer
une di�érence de potentiel aléatoire entre les deux miroirs de la cavité pendant le passage
de l'atome sonde. Dans cette situation, l'atome initialement dans l'état |g〉 en présence
d'un état de Fock |n〉 avec n ≥ 1 verra son temps d'interaction e�ectif changé d'une
séquence à l'autre et ainsi la probabilité de transfert sera 0.5 pour tout n ≥ 1.

Dans le chapitre suivant, la technique de mesure de la fonction Q sera utilisée a�n
de caractériser l'évolution d'un champ cohérent lors de son interaction résonnante avec
un atome à deux niveaux. En particulier, la procédure de mesure de la fonction Q sera
appliquée à des superpositions de champs cohérents de même amplitude mais de phases
di�érentes.
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Chapitre 4

Mesure de cohérence d'une
superposition de champs mésoscopiques

Dans ce chapitre, nous étudions expérimentalement l'interaction résonnante entre
un atome à deux niveaux et un état cohérent mésoscopique du champ. Dans le chapitre
théorique (paragraphe (1.4)), nous en avons développé une description complète. Dans
la limite des champs mésoscopiques, un état intriqué atome-champ est créé au cours de
l'interaction. Les états du champ concernés par cette intrication sont des états cohérents
mésoscopiques. Ils sont dé�nis par le même nombre moyen de photons mais des phases
classiques di�érentes. Le résultat de cette interaction est de corréler à chacun des états |e〉
et |g〉 de l'atome une superposition d'états cohérents mésoscopiques de phases quantiques
di�érentes.

Dans une première partie, les conséquences expérimentales de l'intrication seront
séparément étudiées du point de vue de l'atome et du point de vue du champ. L'état
atomique subit des oscillations de Rabi quantiques caractérisées par un e�ondrement de
leur contraste. L'état du champ se sépare en deux composantes cohérentes. Pour mesurer
la distance entre les états cohérents de la superposition, nous utilisons la mesure de la
fonction Q présentée dans le chapitre précédent.

Pour les superpositions étudiées, la mesure de la fonction Q n'o�re aucun indice
sur la cohérence de la superposition. Le principal résultat de cette thèse est la preuve
expérimentale de la cohérence de la superposition corrélée à chaque état atomique. Nous
utilisons une technique apparenté à l'"écho de spin" décrite dans la partie (1.5). Une trans-
formation atomique permettra d'induire un renversement dans le temps de l'évolution et
d'observer une résurgence induite des oscillations de Rabi. Son observation est directe-
ment reliée à la cohérence de la superposition. Dans la deuxième partie de ce chapitre,
nous présenterons d'abord la transformation atomique utilisée permettant la réalisation
d'une opération de renversement du temps sur le système. Nous décrirons ensuite les
conséquences de l'application de cette opération après une interaction résonnante entre
l'atome et le champ cohérent. Les résultats expérimentaux sur les résurgences induites
d'oscillations de Rabi seront discutés. Finalement nous présenterons les conséquences de
la transformation sur l'état du champ. Nous observerons en particulier la séparation en
deux de l'état cohérent juste avant la transformation et la reconstruction du champ initial
à l'instant de "refocalisation" du système.
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La troisième partie est consacrée à l'étude expérimentale de l'interaction d'un atome
avec une superposition d'états cohérents. Un premier atome créé la superposition dans le
mode de la cavité et un second atome interagit avec le champ produit. L'oscillation de Rabi
du second atome est di�érente suivant que le champ est une superposition ou un mélange
statistique. Elle présente en particulier des résurgences résultats de la recombinaison des
deux états cohérents de la superposition. Nous présenterons des résultats préliminaires
pour des superpositions de très faible séparation.
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4.1 Oscillation de Rabi quantique dans un champ co-
hérent

Nous observons en premier lieu les conséquences du couplage résonnant entre un
atome initialement dans l'état |g〉 et un champ initialement dans un état cohérent sous
deux points de vue di�érents : l'état de l'atome et l'état du champ.

4.1.1 Evolution atomique : e�ondrement du contraste des oscil-
lations de Rabi

Les oscillations de Rabi dans un champ cohérent de nombre moyen de photons n̄ sont
caractérisées par l'e�ondrement de leur contraste, dans les premiers temps d'interaction,
et par leur résurgence, à un temps proportionnel à la racine de n̄. Le temps d'interaction
est limité par la vitesse des atomes. Pour des champs cohérents de plus de dix photons
en moyenne, le temps de résurgence tres est supérieur à 120 µs. Un temps d'interaction
égal à tres est inaccessible dans notre expérience. Nous ne présenterons dans la suite que
le phénomène d'e�ondrement. Les résultats de l'évolution de population atomique seront
confrontés aux prédictions de la partie théorique (1.3.4).

4.1.1.a Protocole

Cette première expérience met en jeu deux acteurs : un champ cohérent créé par
une injection d'amplitude réglable et un atome initialement préparé dans |g〉 à la vi-
tesse de 335m/s. Pour observer les oscillations de Rabi dans un champ cohérent, nous
contrôlons précisément le temps e�ectif d'interaction ti. Cette technique nous permet de
reconstruire l'évolution de la probabilité de détecter l'atome dans l'état |e〉. Le diagramme
temps-position présenté sur la �gure 4.1 résume les di�érents événements de la séquence
expérimentale. Une procédure d'e�acement du champ de la cavité est programmée au dé-
but de la séquence. Le champ est injecté pendant 23.3µs. Le passage de l'atome au centre
de la cavité est programmé 138.3µs après le début de l'injection du champ cohérent. Dans
le protocole présenté, aucun refroidissement de la cavité n'est programmé. L'atome est
mis à résonance avec le mode HF de la cavité à l'instant tini = −13µs avant son passage
au centre du mode. L'instant tfin de �n d'interaction sera balayé de manière à varier le
temps e�ectif d'interaction ti.

4.1.1.b Résultats expérimentaux

La �gure 4.2 reproduit l'évolution de la probabilité de détecter l'atome dans l'état
|e〉 en fonction du temps e�ectif d'interaction ti. Chacune des deux courbes 4.2a et 4.2b
correspondent à un nombre de photons injectés di�érent respectivement égal à 13 et 33.

L'e�ondrement des oscillations de Rabi est clairement observé sur chacune des
courbes. Nous remarquons que le nombre moyen de photons caractérisant le champ co-
hérent n'in�ue pas sur le temps caractéristique d'e�ondrement des oscillations de Rabi.
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Fig. 4.1 � Diagramme temps-position et évolution du désaccord δ de l'expérience d'oscil-
lation de Rabi dans un champ cohérent

Ainsi, entre les deux signaux expérimentaux, seule la fréquence de Rabi de l'oscillation
change.

En comparaison avec le signal théorique d'une oscillation de Rabi dans un champ
cohérent, les résultats expérimentaux ont un temps d'e�ondrement plus rapide. Cette
observation est à relier à la présence d'un champ thermique initialement dans la cavité.
Rappelons l'explication simple de cette perte de contraste : l'e�ondrement est le résultat
de la dispersion des fréquences de Rabi contribuant aux oscillations. Le champ thermique
déplacé a une distribution en nombre de photons plus large que le vide déplacé. L'ef-
fondrement est donc plus rapide. Quantitativement, le nombre de photons thermiques
à l'équilibre nth a été mesurée égal à 1. Finalement un e�ondrement d'amplitude à 1/e
intervient après ti = 6±1 µs. Cette mesure est en bon accord avec la prédiction présentée
dans la partie théorique (voir 1.3.4) lors de l'interaction entre un atome et un champ
thermique déplacé 2

√
2/
√

(2nth + 1)Ω0 = 7 µs.
Sur chaque graphe, une simulation complète de l'expérience est représentée . Comme

pour toutes les courbes de simulation de ce manuscrit, elle prend en compte les imperfec-
tions connues de l'expérience : les deux modes résonnants de la cavité, le champ thermique
et la dissipation. Une réduction globale de contraste de 0.92 est ajoutée. Elle a été dis-
cutée dans la partie (2.5.1c). Après le temps d'e�ondrement teff , la probabilité Pe(t) est
constante et égale à 1/2. Cette référence permet de �xer la translation à l'origine des
courbes de simulation. L'accord théorie-expérience est très bon. Nous allons maintenant
chercher à caractériser l'évolution du champ.
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4.1.2 Séparation en deux états cohérents du champ initial
Dans l'approximation des champs mésoscopiques, l'interaction résonnante entre un

champ cohérent et un atome dans |g〉 conduit à la création de superpositions de champs
cohérents corrélées aux états |e〉 et |g〉 de l'atome. Les deux champs cohérents de la su-
perposition ont le même nombre moyen de photons mais des phases classiques di�érentes.
Leur di�érence de phases est théoriquement linéaire dans le temps e�ectif d'interaction
ti (voir partie 1.4). Dans cette partie, nous observons la séparation de la superposition à
la �n de l'interaction grâce à la mesure de la fonction Q de l'état du champ produit et
nous mesurons la distance dans l'espace des phase. La procédure de mesure de la fonc-
tion Q est donc ajoutée au protocole précédent. La �gure (4.3) représente le diagramme
spatio-temporel de la mesure.
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Fig. 4.3 � Diagramme temps-position et évolution du désaccord δ de l'expérience de
mesure de la fonction Q d'une superposition de champs cohérents

La préparation de la cavité dans l'état cohérent est réalisée par l'injection I de
micro-onde, programmée 63.6µs avant le passage de l'atome 1 au centre du mode. A la �n
de l'interaction de l'atome 1, une superposition de champs cohérents est corrélée à chacun
des états |e〉 et |g〉. Les deux champs cohérents de la superposition ne seront séparés
qu'après un temps e�ectif d'interaction supérieur au temps d'e�ondrement sans champ
thermique égal à 20 µs. Si le temps e�ectif d'interaction ti est inférieur à 20 µs, la mesure
ne permettra pas de distinguer deux composantes.

Par conséquent, on a choisi le temps d'interaction e�ectif ti est égal à 31µs. La
vitesse de l'atome 1 a été sélectionnée à 335 m/s. L'interaction sera commencée à −37µs
avant le passage de l'atome 1 au centre de la cavité. Elle est interrompue 37µs après. La
procédure de mesure, composée d'une injection micro-onde Id et de l'atome sonde, est
ensuite programmée. Le délai entre le passage au centre de l'atome 1 et de l'atome sonde
est 150µs.

Le signal expérimental observé est la coupe de la fonction Q à amplitude �xe condi-
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tionnée à la détection en coïncidence de l'atome 1 dans l'état |e〉 ou |g〉. Pour reconstruire
une coupe de la fonction Q dans l'espace des phases sur le cercle de rayon égal à l'ampli-
tude de champ cohérent, la phase entre les deux impulsions I et Id est variée à amplitude
�xe (voir chapitre 3).

La �gure 4.4 présente les résultats expérimentaux pour un champ de nombre moyen
de photons égal à 26.6. Le premier graphe est matérialisé par des ronds et correspond
à la mesure de la fonction Q sans avoir préalablement détecté d'atome 1. Elle fournit
la coupe de la fonction Q à amplitude �xe de l'état cohérent initial. Le pro�l de cette
courbe est une gaussienne. L'ajustement est présenté en ligne pleine. La demi largeur à
1/e est 34.4�±1. La valeur attendue pour un champ thermique de 1 photon déplacé d'une
amplitude β =

√
26.6 est 180/π ×

√
n̄th + 1/|β| = 31.4�. L'élargissement supplémentaire

a été expliqué dans le chapitre 3 consacré à la mesure de la fonction Q.
Sur la courbe matérialisée par des triangles, deux pics sont très bien distingués.

La di�érence de phase classique est mesurée égale à 42.2 ± 1.7�. La séparation attendue
dans l'approximation des champs mésoscopique est égale à 180/π × Ω0tint/2|β| = 53�.
La di�érence entre la théorie et l'expérience sont expliquée par la présence du second
mode. Une simulation numérique tenant de l'interaction avec les deux modes prédit une
séparation égale à 48�. Leur largeur des deux pics est respectivement mesurée égale à
36.5 ± 1� et 31 ± 1�. Elles sont comparables à la largeur de la fonction Q du champ
cohérent.

En dé�nitive, les résultats obtenus illustrent les prédictions réalisées sur l'interaction
d'un atome à deux niveaux et un état cohérent du champ dans l'approximation des champs
mésoscopiques. L'e�ondrement des oscillations est relié à une séparation en deux états
cohérents du champ initial. Une étude systématique du comportement de la di�érence
de phase classique en fonction du temps d'interaction et du nombre moyen de photons
initialement injecté est présentée dans la thèse d'Alexia Au�èves-Garnier [67]. La question
en suspens concerne la cohérence de la superposition créée.

En aucun cas les mesures de la fonction Q présentées ici ne donnent une information
sur la cohérence de la superposition créée. En e�et, la séparation de la fonction Q en
deux composantes est aussi possible lorsque l'état du champ est un mélange statistique.
En toute rigueur, des traces de la cohérence de la superposition sont bien sûr présentes
car la fonction Q décrit complètement l'état du champ à l'instar de la matrice densité.
Théoriquement une oscillation de très faible amplitude entre les deux gaussiennes est liée
à cette cohérence. Malheureusement, son contraste est très réduit. Pour les superpositions
créées, l'amplitude des oscillations est inférieure à 1 %. Autant dire que la résolution
permettant de révéler un tel signal est très di�cile à obtenir.

Comme nous l'avons vu précédemment, pour avoir une information directe sur la
cohérence de la superposition, il est plus approprié de mesurer la fonction de Wigner de
l'état produit. La cohérence de la superposition se manifeste alors sous la forme d'oscilla-
tions entre les deux gaussiennes dans l'espace des phases de grand contraste. Cependant
la mise en ÷uvre de la procédure de mesure de la fonction de Wigner nécessite un temps
d'interaction auquel ne survivraient pas les cohérences de la superposition produite. Dans
les expériences suivantes, nous utiliserons la méthode des résurgences induites pour tester
la cohérence de la superposition ainsi produite.
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initial après relaxation (ronds). Sur chaque courbe, on a représenté l'ajustement gaussien.
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4.2 Résurgences induites par renversement du temps
Le résultat central de cette thèse est la preuve expérimentale de la cohérence de la

superposition produite lors de l'interaction résonnante d'un champ cohérent mésoscopique
et d'un atome à deux niveaux.

A cet e�et, nous réalisons une expérience apparentée à l'echo de spin. Cette tech-
nique consiste, après une interaction résonnante d'une durée e�ective tRi , à appliquer une
impulsion π classique à l'atome autour de l'axe Z dans la représentation de la sphère de
Bloch. La conséquence de cette transformation est le renversement dans le temps de l'évo-
lution. Après un temps e�ectif d'interaction exactement égal à 2tRi , le système se retrouve
dans son état initial. L'opération de renversement du temps permet en quelque sorte de
défaire l'intrication créée au cours de la première étape. Si la cohérence est préservée tout
au long de l'interaction, le contraste des résurgences induites à l'instant de recombinaison
est égal à 1 et la reconstruction de l'état initial est parfaite.

La partie théorique (1.5) a permis de souligner l'importance de la cohérence dans ce
phénomène de résurgences induites. Leur observation est conditionnée à la préservation
de la cohérence des superpositions. Si le champ produit est un mélange statistique d'états
cohérents, la refocalisalition du système dans l'état initial sera impossible. Selon le degré
de cohérence de la superposition, le système total aura une probabilité plus ou moins
grande de retourner dans son état initial .

Nous nous appliquons à décrire le processus de renversement du temps de l'interac-
tion résonante atome-champ. Une manipulation individuelle de l'atome su�t pour induire
cette opération. Nous exposerons la procédure de calibration de la transformation ato-
mique. Nous observerons ensuite les conséquences d'une telle opération sur les oscillations
de Rabi et sur l'état du champ au cours de l'interaction.

4.2.1 Opération de renversement : calibration de la rotation ato-
mique

L'opération atomique menant au renversement du temps revient à appliquer l'opéra-
teur σz à l'atome. Dans la sphère de Bloch, cette opération revient à réaliser une précession
du vecteur associé au système atomique d'un angle π autour de l'axe Z.

L'un des points expérimentaux cruciaux est notre capacité à arrêter l'interaction
entre atome et champ à n'importe quel instant et ensuite à agir sur l'état atomique
sans a�ecter le champ. Pour arrêter l'interaction atome-champ, la technique consiste à
désaccorder brutalement (c'est-à-dire vite devant l'inverse de la pulsation de Rabi du
système) atome et champ, avec un désaccord grand (5MHz) devant cette même pulsation
de Rabi (de l'ordre de quelques centaines de kHz). Dans cette situation, l'atome et le
champ n'interagissent plus. Nous rappelons que cette technique a été utilisée dans les
expériences d'oscillations de Rabi pour contrôler précisément le temps d'interaction. En
pratique, le changement de di�érence de potentiel entre les miroirs produisant le désaccord
est réalisé avec une résolution de 100ns.

En raison du désaccord δ entre atome et champ, l'évolution libre de chaque système
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ne s'e�ectue plus à la même fréquence. Dans la représentation de la sphère de Bloch, le
vecteur champ magnétique �ctif sera aligné avec l'axe Z et de norme égale à |δ| dans
l'approximation des grands désaccords. Un retard de phase s'accumule alors au fur et
à mesure du temps écoulé hors résonance. En contrôlant précisément la durée pendant
laquelle atome et champ sont mis hors de résonance et la valeur du désaccord δ, nous
pouvons e�ectuer de cette manière une rotation contrôlée de l'état atomique autour de
l'axe Z dans la sphère de Bloch. Pour renverser l'évolution dans le temps, l'angle e�ectué
lors de cette rotation doit être égal précisément à π.

L'angle de la rotation est fortement dépendant de la di�érence de potentiel réel-
lement vu par les atomes pendant la durée de la rotation. Pour calibrer l'angle, nous
réalisons directement une expérience sur les atomes de Rydberg circulaires.

4.2.1.a Protocole de calibration de la rotation

Pour calibrer la rotation atomique réalisée pendant le désaccord, on utilise les ca-
ractéristiques de l'interaction résonnante de l'atome et du champ dans l'état cohérent.
L'idée consiste à observer les conséquences de la transformation atomique sur l'oscillation
de Rabi dans les premiers temps d'interaction avec un champ cohérent.

Toutes les étapes de la calibration sont schématisées dans la représentation de la
sphère de Bloch sur la �gure (4.5). Initialement l'atome se trouve dans l'état |g〉. Dans
l'expérience, un champ cohérent de 33 photons est utilisé. La première étape consiste à
préparer un état atomique appartenant au plan équatorial de la sphère de Bloch. L'atome
subit une impulsion π/2 dans le champ cohérent 4.5a.

Le temps d'interaction nécessaire à la préparation de l'atome dans l'état super-
position à poids égaux est déterminé grâce à l'analyse de la �gure 4.2b. Après un temps
d'interaction e�ectif égal à tπ/2 = 1µs, la population atomique est également répartie entre
|e〉 et |g〉. Pour un temps d'interaction si court, à une bonne approximation, l'atome et le
champ ne sont pas intriqués. Nous avons ainsi préparé l'atome dans un état appartenant
au plan équatorial de la sphère de Bloch.

Ensuite, l'atome et le champ sont mis hors résonance par e�et Stark pendant une
durée égale à 0.4µs. L'atome et le champ ne sont plus en interaction et l'état de l'atome
opère une rotation d'un angle ξ dans le plan équatorial de la sphère de Bloch 4.5b. L'angle
ξ atteint est directement proportionnel au désaccord νmax produit par la di�érence de
potentiel entre les miroirs.

Finalement, l'interaction résonnante reprend entre l'atome et le champ cohérent
pendant un temps d'interaction e�ectif exactement égal à celui de la première étape
d'interaction. La durée e�ective totale des deux phases d'interaction résonnante sera égale
à une impulsion π. L'état atomique à la �n de cette procédure est dépendant de l'angle ξ.

Si l'angle ξ atteint est π modulo 2π, le résultat de cette expérience est le retour
du système à l'état initial (voir �gure 4.5c). Le système a alors subi la transformation
d'inversion du temps. Si l'atome a subi une rotation d'un angle ξ multiple de 2π, le
système continuera, à une phase près, son évolution après l'opération de rotation, comme
si elle n'existait pas (voir �gure 4.5e). Il aura ainsi réalisé une impulsion π et la probabilité
d'être dans |e〉 sera maximale. Un dernier cas intéressant est ξ égal à π/2 modulo π. Le
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Fig. 4.5 � Etapes de l'expérience de calibration de la rotation de l'état atomique dans
le plan équatorial de la sphère de Bloch. L'atome est initialement dans l'état |g〉. (a)
Impulsion π/2 dans le champ cohérent. (b) Rotation dans le plan équatorial (limite d'un
grand désaccord). (c) ξ = π/2 l'oscillation de Rabi est gelée durant la seconde phase
d'interaction (d) ξ = π transformation d'inversion du temps : retour à l'état initial après
la seconde phase. (e) ξ = 2π Pas d'e�et de la transformation atomique. Impulsion π après
la seconde phase d'interaction.
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Fig. 4.6 � Expérience de calibration de la rotation de l'état atomique. Evolution de la
fréquence de Rabi (a) du désaccord δ atome-champ (b) lors de la traversée du mode par
l'atome.

dipôle atomique se trouve alors aligné avec les états propres du système en interaction (voir
�gure 4.5d). La fonction d'onde ne change plus à une phase près lors de la seconde phase
d'interaction résonnante. L'inversion atomique demeure à 1/2. Dans ce cas, l'interaction
est gelée.

Nous allons maintenant décrire la réalisation expérimentale de la calibration de la
rotation de l'état atomique. Le diagramme spatio-temporel complet de l'expérience est
représenté sur la �gure (4.7). Une procédure d'e�acement du champ permet d'absorber
le champ présent dans la cavité à la �n de chaque séquence expérimentale. L'atome est
initialement préparé dans l'état |g〉 à une vitesse de 335m/s. L'évolution temporelle de
la fréquence atomique en fonction du temps de l'expérience est représentée sur la �gure
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Fig. 4.7 � Diagramme temps-position de la procédure de calibration
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(4.6). Sur cette �gure, la référence des temps est le passage de l'atome au centre du mode.
La �n de l'injection du champ cohérent de 30 photons en moyenne est programmée 40 µs
avant cette référence. Entre −1.2µs et −0.2µs, l'atome et le champ sont accordés et une
impulsion π/2 est réalisée. A l'instant −0.2µs, la fréquence de l'atome est déplacée par
e�et Stark en appliquant une di�érence de potentiels entre les miroirs. La valeur maximale
νvir du désaccord atome-champ peut être ajustée d'une séquence expérimentale à l'autre.
Finalement, l'interaction résonnante reprend entre les instants 0.2µs et 1.2µs.

4.2.1.b Résultats

L'expérience consiste à faire varier continûment la valeur maximale du désaccord
νmax de manière à explorer tous les angles de rotations possibles. Dans cette expérience,
la probabilité de détecter l'atome dans l'état |e〉 en fonction du désaccord maximal νmax est
observée. En première approximation, le signal attendu est une oscillation de la probabilité
en fonction du désaccord maximal νmax. Le résultat de cette expérience est reproduit sur la
�gure (4.8). En trait plein est représenté l'ajustement à une fonction sinusoïdale. L'accord
théorie-expérience est très bon. Au début de la courbe, le désaccord étant presque nul,
l'opération n'induit aucun changement par rapport à une interaction résonnante entre
−1.2 µs et 1.2 µs. Selon la valeur de νmax comprises entre 0 MHz et 5 MHz, dans une
bonne approximation atome et champ n'interagissent plus et le seul e�et est la rotation
du dipôle atomique dans le plan équatorial de la sphère de Bloch autour de l'axe Z.
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Fig. 4.8 � Evolution du transfert atomique en fonction de la profondeur de νmax. La
courbe en ligne pleine représente l'ajustement à une fonction sinusoïdale.
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Si la fréquence νmax est égale à 4000 kHz (pointée sur la �gure 4.8 par une �èche),
l'atome subit indépendamment du champ une rotation de π autour de l'axe Z de la sphère
de Bloch. Pour un tel désaccord, la valeur attendue de l'angle de rotation pour une durée
de 0.4 µs est 3π. Cette erreur provient de la di�érence de potentiel précise réellement vue
par les atomes en fonction du temps.

Nous allons, dans la partie suivante, étudier les conséquences de cette opération σz,
réalisée au centre du mode, sur les oscillations de Rabi et sur l'évolution du champ.

4.2.2 Résurgence induites d'oscillation de Rabi

Dans le cas ξ = π, la rotation de l'état atomique décrite dans la partie précédente
revient à appliquer une opération de renversement dans le temps au système. On applique
ici cette opération une fois que l'atome et un champ cohérent ont interagit de manière ré-
sonnante pendant une durée e�ective tRi . Après un temps e�ectif d'interaction exactement
égal 2tRi , le système se trouve, à une phase globale près, dans son état initial. Autour de
cet instant, une résurgence des oscillations de Rabi apparaît. Idéalement, leur contraste
ne dépend que du couplage à l'environnement.

4.2.2.a Protocole expérimental

Les �gures 4.9 et 4.10 décrivent schématiquement la chronologie des événements de
la séquence d'observation des résurgences induites. Pour voir le phénomène complet de
résurgences induites, la vitesse des atomes doit permettre d'atteindre un temps d'interac-
tion ti de plus de 50µs. L'atome utilisé pour cette expérience est donc sélectionné à une
vitesse de 154m/s. Il est initialement préparé dans l'état |g〉. Le temps complet d'interac-
tion disponible est alors égal à 68.6µs. Une séquence de refroidissement est programmée
juste avant l'injection du champ. Le dernier paquet absorbeur passe au centre de la cavité
200µs avant l'atome acteur. Le champ cohérent injecté est dé�ni par un nombre moyen de
photons égal à 13.3. La �n de l'injection du champ est programmée 40µs avant le passage
de l'atome au centre du mode. L'évolution du désaccord atome-champ δ est représentée
sur la �gure (4.10). L'interaction est déclenchée à l'instant −tini = −25µs par rapport au
passage de l'atome au centre du mode.

L'opération σZ est appliquée à l'instant où l'atome passe au centre de la cavité. La
durée e�ective d'interaction avant cette transformation est tRi = 22µs. A cet instant, le
champ produit atteint une séparation maximale entre ses deux composantes cohérentes. La
transformation est appliquée après le temps théorique d'e�ondrement en champ thermique
nul t0eff = 20 µs. De cette manière, une séparation dans l'espace des phases des deux
composantes sera en principe réalisée. Nous reviendrons sur la mesure de la séparation
dans le paragraphe suivant.

Lors de cette expérience, la probabilité de détecter l'atome dans l'état |e〉 en fonc-
tion du temps e�ectif d'interaction ti est reconstruite. Le temps e�ectif d'interaction ti
est changé par l'intermédiaire de l'instant tfin d'arrêt de l'interaction (voir �gure 4.9).
L'expérience est réalisée à tini �xe et égal à −25 µs.
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Fig. 4.11 � Résurgence induite des oscillations de Rabi. L'opération σZ est appliquée
après un temps e�ectif ti = 22 µs d'interaction. En trait �n est reproduit le résultat d'une
simulation numérique tenant compte de toutes les imperfections connues de l'expérience.

4.2.2.b Résultats expérimentaux

La �gure (4.11) présente le résultat de l'expérience. La première partie de la courbe,
jusqu'à tRi = 22 µs, est matérialisé par des ronds vide et correspond l'évolution de la
population atomique avant l'opération σZ . Il s'agit simplement de l'oscillation de Rabi
dans 13.3 photons équivalente à celle présentée dans le première partie de ce chapitre. On
observe bien l'e�ondrement du contraste des oscillations.

Après tRi , l'atome subit une évolution renversée dans le temps. Sur la courbe en
ronds plein, nous observons la résurgence des oscillations de Rabi centrée autour du temps
d'interaction égal à 2tRi = 44µs. Ce temps correspond au retour du système à l'état initial.
Il est l'exact symétrique de l'instant initial par rapport au passage de l'atome au centre
de la cavité, instant où l'impulsion π est réalisée.

Le contraste mesuré de la résurgence induite au point de recombinaison est 0.36.
Théoriquement, en l'absence de dissipation, il devrait être égal à 1. En ajoutant le couplage
à un environnement à température �ni (n̄th = 1), une réduction doit se manifester. La loi
de décroissance en question a été représentée dans la partie théorique (voir �gure 1.21).
Pour tRi = 44 µs, le contraste total n'est réduit que d'un facteur 0.78.

Une simulation complète de l'expérience est représentée en trait plein sur la �gure
4.12. Une réduction globale du contraste de 0.8 a été opérée sur la courbe de simulation



Mesure de cohérence d'une superposition de champs mésoscopiques 167

-4 -2 0 2 4
-6

-4

-2

0

-0,4000
-0,3250
-0,2500
-0,1750
-0,1000
-0,02500
0,05000
0,1250
0,2000
0,2750
0,3500
0,4250
0,5000

x

y W( x, y)/2

Fig. 4.12 � Calcul de la fonction de Wigner de la superposition du champ créé juste avant
l'opération σZ .



168 Mesure de cohérence d'une superposition de champs mésoscopiques

a�n de prendre en compte l'impureté des atomes de Rydberg circulaires. Comme dans le
cas des atomes à 335 m/s, ce facteur est commun à toutes les courbes simulées d'oscillation
de Rabi concernant des atomes à 154 m/s. On rappelle qu'il est égal à 0.92 pour des atomes
à 335 m/s. Plus les atomes sont lents, moins ils sont purs. Ce constat explique en grande
partie la di�érence des facteurs multiplicatifs appliquées aux simulations numériques. Nous
voyons que l'accord entre expérience et théorie est bon.

A l'aide de la simulation, nous pouvons calculer la fonction de Wigner W (α, α∗) du
champ produit juste avant l'opération de renversement du temps. Le résultat présenté
sur la �gure (4.11) est πW (α, α∗)/2 en di�érents points de l'espace des phases. Les deux
composantes cohérentes sont centrées aux points de l'espace des phases (αx = −1.5,
αy = 3.1) et (αx = 1.5, αy = 3.1). La séparation dans l'espace des phases obtenue par le
calcul est égale à 3. La cohérence de la superposition créée se manifeste dans les oscillations
présentes entre ces deux points. Le calcul prend en compte le couplage à l'environnement.
Le contraste calculé des oscillations πW (α, α∗)/2 dans l'espace des phases est égal à 0.5
(Il est égal à 1 dans le cas d'une superposition d'états de cohérents).

Nous allons maintenant détailler l'in�uence de chacune des imperfections expéri-
mentales sur le contraste des résurgences induites.

4.2.2.c Bilans des imperfections

La décohérence dans un réservoir à température �nie n'explique pas à elle seule la
réduction de contraste observée des oscillations résurgentes au point de recombinaison.
Nous proposons, dans cette partie, une analyse détaillée de la réduction du contraste des
résurgences induites des oscillations de Rabi à l'aide de simulations numériques. Les résul-
tats complets montrent un très bon accord avec la courbe expérimentale. Numériquement,
chaque imperfection sera progressivement retirée du calcul et nous évaluerons ainsi leur
in�uence sur le contraste �nal. En plus de la décohérence et de la réduction globale de
contraste due principalement à l'impureté des atomes, deux imperfections expérimentales
expliquent la réduction de contraste observée : la présence du second mode et la dispersion
en vitesse du paquet atomique.

La �gure 4.13 reproduit l'ensemble des résultats de la simulation pour tRi = 22 µs. La
courbe en trait pointillé de la �gure 4.13 représente le cas idéal où seule la décohérence est
prise en compte. La décohérence n'explique qu'un facteur de réduction supplémentaire 0.78
au temps de recombinaison. La courbe en trait �n continu de la �gure 4.13 correspond à la
prise en compte du second mode de la cavité. Il se manifeste par une simple réduction de
contraste dépendant légèrement du temps e�ectif d'interaction ti. La forme des résurgences
n'est pas a�ectée par la présence du second mode. La réduction de contraste est présente
dès l'impulsion π. Au point de recombinaison, la réduction de contraste due à la présence
du second mode est légèrement accentuée et est égale à 0.73. Par rapport au cas où
seul la décohérence est prise en compte, on remarque l'apparition de petites oscillations
juste après l'instant d'application de l'opération σZ . Elles résultent de la présence du
second mode et ne sont pas reliées directement au phénomène de résurgences induites. Le
contraste de ces oscillations résiduelles est très petit devant celui des résurgences induites.
Jusqu'ici, la prise en compte des imperfections expérimentales conduit à une réduction de
0.45 du contraste des oscillations résurgentes.
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Fig. 4.13 � In�uence des imperfections expérimentales sur les résurgences des oscillations
de Rabi. La courbe en trait épais est la reproduction de la courbe de simulation présentée
sur la �gure (4.11). Elle prend en compte toutes les imperfections expérimentales : cou-
plage à l'environnement, présence du second mode, dispersion du temps de passage des
atomes au centre du mode. La courbe en trait �n et continu correspond au résultat des
simulations sans dispersion en position du paquet atomique mais avec couplage à l'envi-
ronnement et présence du second mode. La courbe en trait pointillé est le résultat de la
simulation avec seulement le couplage à l'environnement
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Finalement, la dernière imperfection est la dispersion du temps de passage des
atomes au centre de la cavité. L'étendue temporelle des paquets dans l'expérience est
uniquement dépendante des temps d'allumage des opérations de repompage optique de
la sélection de vitesse et d'excitation des atomes dans les états de Rydberg circulaires.
Le temps d'allumage correspond dans ces expériences à 8µs pour le laser repompeur de
la sélection de vitesse et à 2µs pour les lasers d'excitation des atomes. Avec une bonne
approximation, le nombre d'atomes excités lors de chaque processus est uniforme. Dans
ce cas, au centre de la cavité, la distribution temporelle des atomes formant le paquet est
un triangle isocèle de base égale à 4.5 µs et centré en 0. La largeur spatiale équivalente est
0.4 mm. La prise en compte de cette dispersion dans les simulations explique la réduction
manquante de contraste. Son facteur de réduction est évaluée à 0.65. Il est uniquement
valable pour la situation expérimentale envisagée et le temps d'interaction considéré. Plus
le temps d'interaction sera important, plus la réduction du contraste due aux dispersions
en temps sera importante. Le résultat �nal de la simulation est présenté sous la forme
d'une courbe en trait épais sur la �gure 4.13.

En dé�nitive, nous comprenons la réduction de contraste des oscillations résurgentes.
La dispersion des paquets atomiques rend totalement marginal le contraste des résurgences
pour des temps e�ectifs d'interaction 2tRi supérieurs à 44 µs. Sans cette imperfection, des
résurgences pour un temps complet d'interaction d'atome à 154 m/s, 2tRi = 68.8 seraient
observables. Nous allons chercher dans le prochain paragraphe à étudier le comportement
des résurgences induites en fonction du temps e�ectif d'interaction tRi avant l'opération
de renversement du temps.

4.2.2.d Résultats complets

Le temps e�ectif d'interaction tRi est contrôlé en changeant l'instant −tini de mise
à l'accord. L'opération de renversement du temps est appliquée au moment où l'atome
passe au centre du mode de la cavité. La �gure 4.14 présente les résultats de l'expérience
pour di�érents temps d'interaction tRi .

La courbe 4.14(a) présente l'oscillation de Rabi mesurée expérimentalement jusqu'à
un temps d'interaction égal à 60 µs et sans opération de renversement du temps. Nous
observons dans le cas d'un champ cohérent de 13.3 photons le phénomène d'e�ondrement
des oscillations de Rabi. Nous ne disposons pas d'assez de temps d'interaction pour pou-
voir observer la résurgence spontanée des oscillations de Rabi. Les courbes (4.14(b), (c),
(d)) présentent les résurgences d'oscillations de Rabi, induites par l'opération σZ appli-
quée après respectivement 14.3 µs, 18 µs et 22 µs. Comme attendu, L'instant central de
l'oscillation résurgente d'une courbe à l'autre se déplace. Sur chaque courbe, nous avons
reproduit le résultat de la simulation numérique discutée dans la partie précédente. L'ac-
cord entre les courbes expérimentales et les simulations est très bon. La variation du
contraste étant dominé par les imperfections expérimentales, il n'est pas possible d'ex-
traire des données une mesure du temps de décohérence et de sa variation entre fonction
de tR (voir équation 1.203).

En conclusion, une preuve de la cohérence de la superposition créée pendant un
temps d'interaction égal à 22 µs a été observée par induction de résurgences sur le signal
d'oscillation de Rabi. La prochaine partie sera consacrée à l'étude du comportement du
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champ induit par l'opération σZ sur l'atome. L'état du champ est observé grâce à la
procédure de la mesure de la fonction Q présenté dans le chapitre (3). En particulier,
nous mesurons ainsi expérimentalement la séparation en deux composantes de champ de
phases di�érentes juste avant l'instant d'application de l'opération σZ .
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4.2.3 E�et sur le champ de l'opération de renversement du temps
L'opération σZ est une transformation de renversement du temps pour le système

total. Dans l'approximation des champs mésoscopiques, le champ se sépare en deux états
cohérents dans les premiers temps d'interaction, avant l'instant de l'opération σZ . Après la
transformation, chaque champ cohérent va subir une rotation de sens inverse. A l'instant
de recombinaison, le système total retourne dans son état initial et, en particulier, le champ
est de nouveau dans un état cohérent. Le phénomène de résurgences induites s'interprète
comme une conséquence du recouvrement des deux champs cohérents de la superposition.

Dans ce paragraphe, la coupe de la fonction Q du champ à amplitude �xe est me-
surée à di�érents instants : juste avant l'application de l'opération σZ et à l'instant de
recombinaison. Le temps d'interaction e�ectif avant l'opération de renversement du temps,
tRi = 22 µs, et le nombre moyen de photons du champ cohérent injecté, 13.3, sont ceux
utilisés lors de la mise en évidence de résurgences induites. De cette manière, nous éva-
luons expérimentalement la séparation dans l'espace des phases des deux états cohérents
de la superposition produite. Ces mesures sont comparées à la coupe de la fonction Q du
champ sans interaction avec l'atome.

4.2.3.a Protocole

La �gure (4.15) représente le diagramme spatio-temporel de la séquence. Les ex-
périences sont réalisées avec des atomes à 200m/s. Chaque paquet contient en moyenne
0.13 atomes. La transformation atomique a lieu lorsque l'atome est au centre du mode.
Pour cette vitesse, l'interaction résonnante devra débuter à −tini = −27.5µs. La �n de
l'injection du champ cohérent de 13.3 photons en moyenne est programmée 40µs avant le
passage de l'atome au centre du mode. Ensuite, la procédure de détection est programmée
et le délai entre le passage du premier atome au centre de la cavité et celui de l'atome
sonde est 225µs.

Pour un temps e�ectif d'interaction du premier atome ti égal à 22 µs, la valeur at-
tendue de l'angle séparant les deux composantes est Ω0ti/2

√
n̄ = 53�. La largeur attendue

de la coupe dans l'espace des phases, sur un cercle de rayon
√

13.3, de la fonction Q d'un
champ thermique de 1 photon déplacé de

√
13.3 est 31.4�. Pour être dans les meilleures

conditions d'observation de la séparation, nous ajoutons un séquence de refroidissement
de la cavité 200µs avant l'atome. Le nombre moyen de photons thermiques attendus au
passage de l'atome sonde est égal à 0.5. La largeur attendue est alors égale à 27.7�.

4.2.3.b Résultats expérimentaux

La �gure 4.16 présente les résultats de cette expérience. La coupe de la fonction Q
du champ est mesurée en coïncidence avec la détection de l'atome 1 pour di�érents temps
d'interaction : sans interaction, après un temps d'interaction ti = 22µs et au temps de
recombinaison 2tRi = 44µs. Face à chacune des mesures expérimentales, est représentée la
fonction Q de l'état du champ calculée numériquement dans les conditions expérimentales.

La courbe 4.16a correspond au cas où le champ cohérent n'a pas interagit avec
l'atome. Elle a un pro�l gaussien et sa largeur est égale à 31.9 ± 1�. Cet a�nement de la
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Fig. 4.15 � Diagramme temps-position et évolution du désaccord δ de l'expérience de
mesure de la fonction Q de champ après interaction avec un atome.

coupe à amplitude �xe est la conséquence de la procédure de refroidissement. On retrouve
un élargissement de 3�dû aux vibrations de la cavité (voir chapitre 3.2.2).

La courbe 4.16b correspond à la coupe de la fonction Q du champ produit après
une interaction résonnante d'une durée égale à 22 µs. A cet instant le champ atteint sa
séparation maximale. Les deux composantes cohérentes sont juste séparées. La séparation
mesurée est 2φ = 40.5 ± 5.5�. Elle correspond à une distance D entre les deux champs
cohérents de la superposition égale à 2

√
n̄ sinφ = 2.6. A l'approximation des champs

mésoscopiques, la séparation attendue est égale à 53�(D=3). Le calcul de la fonction Q
issu de la simulation numérique permet d'estimer la séparation attendue en tenant compte
de toutes les imperfections connues. On pointe une séparation égale à 48�.

La courbe 4.16c correspond à la coupe de la fonction Q du champ produit 22 µs
après l'opération σZ au temps de recombinaison. Comme prévu, les deux composantes
cohérentes de la superposition se recouvrent exactement à nouveau. La courbe a un pro�l
gaussien. La largeur mesurée est égale à 33.3 ± 1�. Le léger élargissement observé, par
rapport à la coupe de référence de 4.16a, est expliqué par le calcul numérique et il est la
conséquence du second mode.

En conclusion, nous avons donc montré comment produire et prouver la cohérence
d'une superposition de deux champs cohérents mésoscopiques séparés d'une distance égale
à 2.6 dans l'espace des phases. L'un des problèmes pour suivre l'e�et du couplage à l'en-
vironnement est lié au fait que les étapes de préparation de la superposition et de mesure
de la cohérence sont réalisées par le même atome. Nous allons voir maintenant comment
il est possible de dissocier les deux étapes a�n de permettre, en principe, une étude du
phénomène de décohérence. Les résultats préliminaires pour de très faibles séparations
entre états cohérents sont présentés.
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Fig. 4.16 � Mesure expérimentale de la coupe de la fonction Q à amplitude �xe et égale à√
13.3 et calcul numérique de la fonction Q du champ produit après interaction résonnante

avec un atome. (a) A l'instant initial, le champ est un état cohérent. (b) Juste avant
l'application de l'opération σZ , le champ est une superposition de deux états cohérent
(c) Au temps de recombinaison, le champ est de nouveau dans son état initial. Chaque
courbe expérimentale est accompagnée de l'ajustement gaussien en trait plein.
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4.3 Interaction d'un atome avec une superposition d'états
cohérents

Notre objectif est d'observer expérimentalement l'interaction d'un atome avec une
superposition d'états cohérents de phases di�érentes. La partie théorique a souligné com-
ment les oscillations de Rabi dépendant de l'état du champ avec lequel interagit l'atome.
En particulier, un mélange statistique ou une superposition de champs cohérents corres-
pondent à des oscillations de Rabi di�érentes. Nous avons montré comment cette situation
expérimentale est en continuité directe avec les observations précédentes. Les résurgences
induites, obtenues dans le paragraphe précédent, sont le résultat du recouvrement au
temps de recombinaison des deux composantes de la superposition créée avant l'opération
de renversement dans le temps.

Une technique di�érente revient à créer, grâce à un premier atome, la superposition
de champs cohérents et ensuite de réaliser l'interaction du champ produit avec un second
atome. Comme nous l'avons dans le paragraphe (1.7), la procédure conduit à recombiner
partiellement les deux composantes cohérentes de la superposition et par conséquent des
résurgences d'oscillation apparaissent sur le signal d'oscillation de Rabi du second atome.
Le contraste des résurgences mesure la cohérence de la superposition étudiée

Expérimentalement, nous avons montré dans le paragraphe précédent comment créer
une superposition d'états cohérents. Dans cette partie, nous présentons les résultats d'une
expérience à deux atomes. Le premier prépare le mode de la cavité dans un état superpo-
sition d'états cohérents, le second interagit avec cet état du champ. Dans la perspective
de suivre la cohérence en fonction d'un délai entre préparation et mesure, cette nou-
velle expérience sépare la phase de préparation et de détection et les rend indépendantes
l'une de l'autre. Cela ouvre des perspectives quant à la caractérisation du phénomène de
décohérence sur des objets mésoscopiques.

4.3.1 Considérations expérimentales
La première phase consiste à produire à l'intérieur de la cavité une superposition de

deux champs cohérents. L'interaction résonnante de l'atome 1 avec un champ cohérent
initialement injecté dans la cavité produit, comme nous l'avons démontré dans la partie
précédente, une superposition de deux champs cohérents corrélée à l'état de l'atome. Nous
avons remarqué dans le paragraphe (1.4) qu'une di�érence existe entre les deux superpo-
sitions corrélées à chacun des états atomiques : la phase quantique de la superposition
produite sera di�érente suivant l'état atomique détecté (voir équation 1.118).

La seconde étape consiste à envoyer un second atome indépendant du premier à
travers la cavité à résonance. Suivant l'état de sortie du premier atome, il interagira avec
l'une ou l'autre des superpositions. D'après le paragraphe (1.7), l'oscillation de Rabi du
second atome permet de statuer sur la cohérence de la superposition et de mesurer la
di�érence de phase quantique entre les superpositions corrélées à chacun des états du
premier atome.

La �gure (4.17) schématise la séquence expérimentale utilisée. Chaque atome est
initialement préparé dans l'état |g〉 à la vitesse de 335 m/s. La �n de l'injection du
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superposition d'états cohérents

champ cohérent est programmée 63.3µs avant le passage du premier atome au centre de
la cavité. La �n de l'interaction du premier atome est programmée 13µs après son passage
au centre. Le début de l'interaction est programmé au moment du passage du premier
atome au centre du mode. Le délai entre les deux atomes est le plus court possible dans
notre expérience et est égal à 75µs. Il est choisi de manière à réduire au maximum le
phénomène de décohérence de la superposition créée par le premier atome. L'interaction
du second atome commence à −13µs avant le passage au centre du mode du second
atome. Elle est arrêtée à t

(2)
fin et il est balayé pour obtenir une information résolue en

temps d'interaction.
A partir des événements détectés pour chaque séquence expérimentale, nous dédui-

sons les probabilités conditionnelles de détecter l'atome 2 dans l'état |e〉 en coïncidence
avec la détection de l'atome 1 dans l'état |g〉, dans l'état |e〉 ou sans premier atome détecté.
Chacune sera respectivement notée dans la suite P(e2|g1), P(e2|e1) et P(e2|01).

En raison des limites de l'expérience, en particulier le temps de vie du photon dans la
cavité, des superpositions présentant une séparation de plus de dix photons ne pourraient
survivre au délai incompressible séparant le passage dans la cavité des deux atomes. En
e�et le temps de décohérence d'une superposition de deux champs séparés de dix photons
est égal à 50µs (avec nth = 1). Nous devons donc réduire la séparation pour limiter
l'impact de la décohérence sur le champ créé.

En théorie, les distances dans l'espace des phases des superpositions préparées par le
premier atome sont de l'ordre 1. Dans ce cas, les parties d'e�ondrement et de résurgence
d'oscillations de Rabi prédites dans le chapitre théorique ne sont pas clairement séparées.
Nous allons voir cependant une trace de la cohérence sur les signaux des oscillations de
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Rabi.

4.3.2 Résultats préliminaires
Sur les �gures (4.18) et (4.19), nous avons reproduit, respectivement, les résultats

d'une telle expérience avec 33 et 15 photons injectés dans la cavité. La séparation estimée
de la superposition dans l'espace des phases est respectivement 1 et 1.3.

Le signal observé est la probabilité de détecter le second atome dans l'état |e〉 en
fonction de son temps d'interaction t(2)i avec le champ contenu dans le mode de la cavité.
Les �gures (4.18) et (4.19) comportent trois graphes correspondant à trois situations
physiques di�érentes. Le graphe (a) reproduit les probabilités Pe2/e1 et Pe2/g1. Ces deux
courbes correspondent à l'interaction du second atome avec les superpositions créées par le
premier atome. Le graphe central (b) reproduit la probabilité Pe2/01. La courbe correspond
au cas où le champ n'a pas interagi avec l'atome 1. Le second atome entre alors en
interaction avec le champ cohérent relaxé. Le signal attendu est une oscillation de Rabi
dans un champ cohérent. Finalement, la courbe (c) correspond à la soustraction, Pe2/e1 −
Pe2/g1, des deux courbes expérimentales de (a). En raison de la faible séparation attendue
entre les états cohérents de la superposition créée, les résurgences présumées sont en
opposition de phase. On souligne ainsi les di�érences entre les deux oscillations de Rabi
conditionnées à chacun des deux états �naux de l'atome 1.

Dans les premiers temps d'interaction, les trois signaux issus de l'expérience sont
superposables. Ils montrent le phénomène d'e�ondrement des oscillations de Rabi. En-
suite, on observe clairement les di�érences entre les oscillations de Rabi conditionnées à
la détection de l'atome 1 et celles obtenues lors de l'interaction avec un champ cohérent.
En raison de la faible séparation entre champs cohérents caractérisant la superposition,
les di�érences se manifestent sous forme d'oscillations prolongées dans le temps d'interac-
tion, prémisses du phénomène de résurgence des oscillations de Rabi prédit dans la partie
théorique. On a reproduit sur chaque courbe de coïncidence le résultat de la simulation
prenant en compte toutes les imperfections de l'expérience. L'accord est une nouvelle fois
bon.

La phase de ces oscillations dépend de l'état du premier atome. Pour cette sépara-
tion, l'in�uence de la phase ajoutée due à l'interaction avec le champ est négligeable et
en première approximation ces deux oscillations sont en théorie en opposition de phase.
La di�érence entre les deux oscillations de Rabi corrélé à la détection du premier atome
dans les états |e〉 et |g〉 montrent des oscillations après le temps d'e�ondrement. Plus on
augmente la taille de la superposition produite, moins le signal di�érence Pe2/e1 − Pe2/g1
est contrasté.
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Fig. 4.18 � Oscillation de Rabi quantique du second atome (a) dans une superposition de
champs cohérents de même nombre de photons égal à 33 créé par l'atome 1. La courbe
avec étoiles correspond à la détection de l'atome 1 dans |g〉, la courbe avec des ronds à la
détection de l'atome 1 dans |g〉 (en trait plein le résultat de la simulation numérique)(b)
dans un champ cohérent de 33 photons. (c) Soustraction des deux courbes expérimentales
(avec des cercles) et théorique (en trait plein) de (a).
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Fig. 4.19 � Oscillation de Rabi quantique du second atome (a) dans une superposition de
champs cohérents de même nombre de photons égal à 13 créé par l'atome 1. La courbe
avec étoiles correspond à la détection de l'atome 1 dans |g〉, la courbe avec des ronds
à la détection de l'atome 1 dans |g〉 (b) dans un champ cohérent de 13 photons. (c)
Soustraction des deux courbes expérimentales de (a).
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Etats des lieux

Le résultat central de cette thèse est la préparation et la preuve de cohérence d'une
superposition de deux champs cohérents de même nombre moyen de photons égal à 13.3
et de phases di�érentes. La distance D dans l'espace des phases entre les deux états
cohérents est mesurée égale à 2.6, soit une distance en termes de photons D2 = 6.8. La
préparation de la superposition est le résultat de l'interaction résonnante entre un champ
cohérent et un atome à deux niveaux. Une preuve de cohérence est obtenue à partir de
l'observation de résurgence de l'oscillation de Rabi après une opération de renversement
du temps sur le système. L'état du champ est connu à chaque instant grâce à une mesure
de sa fonction Q. On a pu ainsi mettre en évidence la séparation en deux composantes
du champ cohérent initial juste avant l'opération sur le système et sa reconstruction au
temps de recombinaison. La mesure de la fonction Q se révèle être un outil très commode
pour connaître l'état du champ. Nous l'avons appliquée par ailleurs aux états gaussiens
tels que le champ thermique déplacé mais aussi à l'état de Fock à un photon non gaussien.

Recombiner les deux états cohérents de la superposition produite après l'interaction
d'un premier atome peut être accompli par l'interaction résonnante avec un second atome.
De manière équivalente, un phénomène de résurgence de l'oscillation de Rabi du second
atome caractérise la recombinaison. Nous avons présenté les résultats préliminaires de
l'oscillation de Rabi dans une superposition de champs cohérents.

La mise en ÷uvre de la méthode de génération de superposition d'états cohérents par
interaction résonnante o�re la possibilité de manipuler e�cacement la phase de champs
cohérents de quelques dizaines de photons. Les superpositions créées sont très sensibles au
couplage à l'environnement. Une approche théorique et phénoménologique du problème de
la décohérence dans le processus de résurgence induite par une opération de renversement
du temps a été présentée. Elle o�re une prédiction simple et analytique du contraste des
résurgences induites au temps de recombinaison. Dans la perspective où les di�érentes
imperfections expérimentales sont éliminées, elle permettra une analyse quantitative du
phénomène de décohérence dans notre expérience.

Trois imperfections expérimentales expliquent les di�cultés pour observer les ré-
surgences d'oscillation de Rabi : le champ thermique, la présence du second mode et la
dispersion en position des paquets atomiques. Avec un atome à 154 m/s, le contraste
des résurgences induites devient complètement marginal pour des temps d'interaction su-
périeurs à 44 µs. Sans ces imperfections, discutées dans la partie (4.2.2.c), le contraste
au temps de recombinaison présumé pour un temps complet d'interaction d'un atome à
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154 m/s avec le mode de la cavité est 0.73. La distance atteinte entre les deux champs
cohérents de la superposition avant l'opération de renversement du temps est égale à 4.8,
soit une distance en termes de photons égale à 23.

Développements expérimentaux récents

Dans la perspective d'évolution de l'expérience, de nombreuses améliorations du
montage sont en cours de réalisation. Elles permettent d'envisager la manipulation de
champs cohérents plus grands et de préparer des superpositions de séparation plus im-
portante.

Le développement d'un nouveau système d'excitation laser permet d'augmenter le
nombre d'atomes préparés dans les états circulaires d'un facteur 10. Le temps d'allumage
du laser repompeur du système de sélection de vitesse pourra être diminué d'autant. La
perte de contraste due à la dispersion en vitesse des paquets deviendra alors négligeable.
Nous présentons le protocole de fonctionnement et les premiers tests de cette excitation
laser dans l'annexe. En plus de la diminution de la dispersion en vitesse, l'augmentation
du nombre d'atomes circulaires disponibles o�rira la possibilité de sélectionner une vitesse
plus basse. Il ne sera pas possible de réduire la vitesse indé�niment : la gravité agit sur les
atomes lors de leur traversée du montage et, si leur vitesse descend en dessous de 100m/s,
ils ne se propageront plus avec une bonne approximation en ligne droite. A 100m/s, le
temps e�ectif d'interaction disponible est alors égal à t100m/s = 102.6µs.

La seconde amélioration est l'élimination du champ thermique. Le cryostat est conçu
pour fonctionner à une température égale à 0.6 K (cryostat 3He). Le nombre moyen
de photons du champ thermique attendu à cette température est égal à 0.05. Dans le
chapitre 2, la population du mode à l'équilibre thermodynamique a été mesurée égale à
1. Cette mesure ne dépend pas de la température de l'expérience entre 0.6 K et 2 K.
Des études préliminaires sont en cours pour limiter l'excitation du mode à l'équilibre
thermodynamique. Cette amélioration augmentera d'un facteur 3 les temps de cohérence
des superpositions d'états du champ.

Dans un futur proche, de nouvelles cavités seront utilisées. Elles ont été développées
dans le but de minimiser la di�raction sur les miroirs, cause principale de perte des photons
hors du mode. Leur fabrication repose sur la réalisation d'un miroir en cuivre, plus facile
à usiner et à polir que le Niobum brut, sur lequel on dépose, par pulvérisation, une
couche micrométrique de Niobium. Les résultats préliminaires [68] permettent d'espérer
une augmentation d'un facteur dix sur le temps de vie du photon, soit 10 ms.

Dans le paragraphe suivant, nous essayons de prédire, à partir des nouvelles condi-
tions expérimentales, les séparations maximales possibles et le contraste idéal des ré-
surgences attendues. Toutes les estimations ne prendront pas en compte les dispersions
des paquets atomiques, ni le second mode de la cavité. La température d'équilibre sera
considérée comme nulle. Finalement, nous présenterons les résultats d'une simulation nu-
mérique de l'expérience à deux atomes montrant la première résurgence de l'oscillation
de Rabi dans une superposition d'états cohérents. Les conditions d'observation de la pre-
mière résurgence de l'oscillation de Rabi dans une superposition de champs cohérents
seront discutées.
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Fig. 4.20 � Comportement de la distance D de la superposition créée après interaction
résonnante en fonction du nombre moyen de photon n̄inj du champ cohérent.

Production d'une superposition

Concentrons pour le moment sur la simple préparation de la superposition d'états
cohérents réalisée avec des atomes à 100 m/s. La seule condition expérimentale libre est le
nombre moyen de photons n̄inj du champ cohérent initial. La distance maximale absolue
est obtenue pour des champs de grande amplitude. La �gure 4.21 reproduit le comporte-
ment de la distance à temps d'interaction et pulsation de Rabi �xe. Cette courbe sature
à une distance dans l'espace des phases égale à 16 pour ces conditions expérimentales,
soit une distance en termes de photons égale à 256 ! Dans ces conditions, la di�érence de
phases séparant les deux champs cohérents est très petite.

Remarquons, au passage, que le temps de demi-résurgence, pour des atomes à
100 m/s, est atteint pour des champs cohérents de nombre moyen de photons inférieur à
23. Pour un champ de 23 photons en moyenne, la distance dans l'espace des phases de la
superpositions au temps de demi-résurgence est égale à 9.6, soit une distance en termes
de photons égale à 92.2.

Résurgence induites

Le premier test de cohérence des superpositions produites revient à observer les ré-
surgences induites. Nous estimons maintenant, toujours avec des atomes à 100 m/s et
sans les problèmes posés par le second mode et les dispersions en position des paquets
atomiques, le comportement du contraste en fonction du temps de vie du photon dans
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Fig. 4.21 � Comportement du contraste C des résurgences induites en fonction du temps
de vie du photon dans la cavité.

la cavité. Nous supposons un couplage carré entre l'atome et le champ (les corrections
à apporter sur les prédictions sont minimes). Par rapport à la prédiction du précédent
paragraphe, la séparation en phase maximale sera obtenu après un demi temps d'interac-
tion. Par conséquent, la distance maximale dans l'espace des phases est obtenue pour des
champs cohérents avec un grand nombre de photons égal à 8, soit une distance en termes
de photons égale à 64.

Pour des champs supérieurs à une quinzaine de photons en moyenne, le contraste
des résurgences induites est indépendant du nombre de photons initialement injectés. Il
est égal à exp(−γΩ2

0(t100m/s/2)3/12) où t100m/s est le temps complet d'interaction pour
un atome à 100 m/s (voir équation (1.202)). La �gure 4.20 reproduit le comportement du
contraste idéal des résurgences en fonction du temps de vie du photon dans la cavité. Elle
montre une rapide augmentation du contraste jusqu'à un temps de vie du photon égal
à 2 ms. Pour ce temps de vie, le contraste est égal à 0.7. Dans les conditions actuelles
(le temps de vie de la cavité égal à 1 ms et un champ à l'équilibre thermodynamique de
1 photon), le contraste des résurgences correspond à un temps de vie du photon égal à
tcav/2nth + 1 = 0.3 ms et il est très faible devant 1. L'éradication du champ thermique
résiduel permettra d'obtenir un contraste proche de 0.3.

Oscillation de Rabi dans une superposition de champs cohérents

Pour l'expérience à deux atomes, le temps de vie est le paramètre limitant en raison
du délai incompressible entre l'atome préparant la superposition et l'atome la sondant
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√
30 séparés d'une distance égale à 5.25.

en réalisant l'oscillation de Rabi. Pour la discussion de cette expérience, nous utiliserons
des atomes à 154 m/s, un temps de vie du photon dans la cavité égal à 3 ms, sans
champ thermique et un nombre moyen de photon injecté égal à 30. Dans ces conditions,
nous reproduisons sur la �gure 4.22 l'oscillation de Rabi du second atome à partir d'une
simulation numérique de l'expérience. La superposition créée par le premier atome est
dé�nie par une séparation égale à 5.25. Le temps d'interaction entre l'atome et le champ
de la cavité est égal à 37 µs. Le temps de décohérence est par conséquent égal 200 µs.
Le délai entre les deux atomes est �xé à 100 µs. Dans ces conditions, nous observons la
première résurgence des oscillations de Rabi bien séparée de la période d'e�ondrement
caractérisant les premiers temps d'interaction.

L'observation du comportement du contraste en fonction du délai entre les deux
atomes permettra de tester, pour des superpositions de champs cohérents de quelques
dizaines de photons, la dépendance du temps de décohérence en fonction de la distance
en photon de la superposition.

Au delà des expériences présentées dans ce manuscrit, l'augmentation du facteur
de qualité de la cavité permettra de réaliser un grand nombre d'expériences nouvelles.
Nous en avons choisi une, en particulier, très complémentaire de celles présentées précé-
demment : la mesure de la fonction de Wigner d'une superposition de champs cohérents.
Dans l'expérience présentée dans ce manuscrit, l'état du champ est connu grâce à deux
mesures complémentaire : la fonction Q mesure la séparation en deux composantes co-
hérentes, l'observation de résurgence statue sur le caractère cohérent de la superposition
produite. Le contraste des résurgences est une fonction compliquée de tous les coe�cients
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de la matrice densité. L'évolution de ce paramètre ne fournit qu'une information partielle
sur le mécanisme de décohérence. La fonction de Wigner contient toute l'information sur
un état quantique. Mesurer expérimentalement toute la fonction de Wigner réalise les
deux opérations de mesure en une seule. Nous avons déjà réalisée le principe de la mé-
thode pour le vide et un état de Fock à un photon. L'obtenir pour di�érents délais entre
l'atome créateur et l'atome sonde o�rirait de nouvelles informations sur le processus de
décohérence.



Annexes

Préparer des atomes dans les états de Rydberg circulaires est un point central de
notre expérience. Le protocole utilisé est décrit en détail dans la thèse de Paolo Nussensveig
[63] et repose sur l'expérience acquise du groupe sur la préparation d'atomes de Rydberg
[76, 77, 78, 79, 80].

Une partie du travail expérimental de ma thèse a été centrée autour de la zone
de circularisation. J'ai contribué d'une part à la construction d'une nouvelle "boîte à
circulariser", zone de préparation des atomes circulaires, et d'autre part à la réalisation
d'un nouveau système laser permettant d'améliorer le nombre d'atomes excités du niveau
fondamental dans les niveaux de Rydberg. Le besoin d'augmenter le nombre d'atomes
semble contradictoire avec le but de nos expériences. En e�et, nous souhaitons réaliser
des expériences avec en moyenne 0.1 atomes dans chaque paquet. Nous devons rappeler ici
que les paquets sont découpés dans le jet thermique. La distribution des vitesses est une
maxwellienne centrée sur 335m/s. Par conséquent plus la vitesse est basse, moins d'atomes
sont disponibles. Jusqu'ici, en raison de la limitation liée à l'e�cacité d'excitation, la
vitesse minimale des paquets atomiques de 0.1 atomes en moyenne est 154m/s. L'intérêt
de sélectionner des vitesses plus faibles est l'augmentation du temps d'interaction.

Une introduction générale sur les atomes de Rydberg sera présentée dans l'annexe
A. Leurs propriétés en champ électrique seront rapidement résumées. Nous décrirons dans
l'annexe B la "boîte à circulariser" et ses caractéristiques. Ensuite nous détaillerons, dans
l'annexe C, le nouveau schéma d'excitation laser permettant de produire plus d'atomes
dans le niveau |52F 〉. Chaque transition excitée par ce nouveau protocole sera étudiée.
Nous observerons leur comportement en champ électrique et en champ magnétique. Fina-
lement, nous présenterons la production d'atomes de Rydberg circulaires par ce nouveau
protocole d'excitation.
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Annexe A

Propriétés électriques et magnétiques
des états de Rydberg

A.1 Les atomes de Rydberg
On appelle états de Rydberg les niveaux atomiques dé�nis par un grand nombre

quantique principal n. Cette caractéristique leur confère une très faible énergie de liaison
et un très grand dipôle électrique. En particulier, ces états sont très sensibles aux faibles
champs électriques : des champ de quelques V/cm déplacent les niveaux de plusieurs
dizaine de MHz.

Le but de cette introduction est de donner un bref aperçu des propriétés de ces états
atomiques. Ils ont été l'objet d'une littérature abondante [81].

A.1.1 Etats de Rydberg en champ électrique nul et champ ma-
gnétique nul

L'atome d'hydrogène et les atomes alcalins ont un seul électron sur leur dernière
couche. A champ électrique nul, l'énergie des niveaux de l'atome d'Hydrogène ne dépend
que du nombre quantique principal n et elle suit la loi de Balmer :

En = −Ry

n2
(A.1)

où Ry est la constante de Rydberg.
La correction en énergie des niveaux atomiques, due à la présence d'un c÷ur di�é-

rent d'un proton unique, est prise en compte phénoménologiquement sous la forme d'un
coe�cient ǫn,l,j, le "défaut quantique". Ce dernier exprime l'écart à la loi de Balmer en
1/n2 des niveaux d'énergie selon la relation :

En = − Ry

(n− ǫn,l,j)2
(A.2)
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Fig. 1.1 � Position des niveaux de Rydberg autour de la multiplicité 52 en champs nuls
calculée à partir des données présentées dans le tableau (A.1) pour l = 0, 1, 2, 3 et les
états états circulaires (l'échelle du schéma n'est pas pertinente). Pour l supérieur à 4, les
niveaux sont quasiment dégénérés avec l'état circulaire. La transition micro-onde excitée
dans le nouveau processus d'excitation est en pointillé matérialisée.
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La mesure des défauts quantiques a été réalisée pour le Rubidium 85Rb dans [82].
Les résultats expérimentaux sont présentés dans le tableau (A.1.1).

Moment orbital l Défaut quantique (ǫn,l,j)
l=0 ǫn,l,j = 3.131145 + 0.195/(n− 3.131145)2

l=1, j=1/2 ǫn,l,j = 2.65486 + 0.280/(n− 2.65486)2

l=1, j=3/2 ǫn,l,j = 2.64165 + 0.318/(n− 2.64165)2

l=2, j=3/2 ǫn,l,j = 1.34807 − 0.603/(n− 1.34807)2

l=2, j=5/2 ǫn,l,j = 1.34642 − 0.545/(n− 1.34642)2

l=3 ǫn,l,j = 0.01653 − 0.0912/(n− 0.01653)2

l=4 ǫn,l,j = 0.004
l=5 ǫn,l,j = 0.0001
l=6 ǫn,l,j = 0.0006

Tab. A.1 � Défauts quantiques correspondant à chaque niveaux du 85Rb.

A partir de l ≥ 4, ces défauts quantiques peuvent être négligés. Intuitivement, plus
l est élevé, plus l'électron a sa fonction d'onde localisée loin du c÷ur atomique moins il
ressent la structure interne de ce c÷ur. A partir de l égal à 4, tous les niveaux sont quasi-
dégénérés et forment une multiplicité similaire à celle observé dans l'hydrogène. La �gure
(1.1) représente les énergies exprimées en GHz des di�érents niveaux entourant l'état 52
circulaire |52c〉 à champ nul.

Les niveaux de Rydberg s'ionisent pour des champs électriques di�érents suivant
leurs nombres quantiques n, l. La détection par ionisation présentée dans le chapitre 2
permet de les distinguer.

A.1.2 Les atomes de Rydberg en présence d'un champ électrique
Le comportement des états de Rydberg en présence d'un champ magnétique faible

ne dépend que des structures orbitales de l'état et par conséquent il est similaire à celui
des états faiblement excités.

A l'inverse, les états de Rydberg sont très sensibles au champ électrique. Leur com-
portement est très di�érent de celui des états peu excités. Nous cherchons dans ce para-
graphe à donner un aperçu bref des propriétés des états de Rydberg en champ électrique.
Le Hamiltonien d'interaction avec un champ électrique a pour expression :

H = H0 + qFZ (A.3)
où H0 est le hamiltonien libre et F le champ électrique choisi dirigé selon l'axe z.

Dans le cas de l'atome d'hydrogène, tous les états sont dégénérés à champ électrique
nul. On rappelle que m et n1 sont les bons nombres quantiques pour décrire le système.
A m �xé, le champ électrique lève la dégénérescence entre les n−m niveaux paraboliques
dé�nis pour une valeur di�érente du nombre quantique parabolique n1 allant de 0 à
n−1−m. Chacun des niveaux |n, n1,m〉 et |n, n1 + 1,m〉 est séparé de 2~ωStark, véri�ant
la relation :
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~ωStark = −3

4
n2 F

FHartree

EHartree
h

(A.4)

avec FHartree = 5.1422 × 1011 V/m et EHartree=27.212 eV.
Nous représentons sur la �gure (1.2) le déplacement des niveaux en fréquence in-

duit par un champ électrique pour l'atome d'hydrogène et pour m = 0. Plus le champ
électrique est important, plus les niveaux sont séparés. Chaque état parabolique est une
superposition des états |n, l,m〉 où n et m sont �xés.

La répartition des niveaux des atomes alcalins autres que l'atome d'hydrogène en
champ électrique ne peut être calculée que numériquement. Le calcul prend en compte
des défauts quantiques simplement par un déplacement en énergie indépendant du champ
électrique. Le calcul ne prend pas en compte l'e�et de la structure �ne. La structure
rencontrée pour l'Hydrogène se retrouve dans le Rubidium 85Rb pour les valeurs de m
supérieures à 4. Dans ce cas, tous les états sont dégénérés en champ nul. En champ
électrique non nul, les niveaux se séparent et la di�érence d'énergie entre niveaux est
proportionnelle au champ électrique. Dans ce cas l'impact de la structure du noyau est
négligeable et le déplacement Stark est linéaire. Nous représentons sur la �gure (1.3) le
déplacement des niveaux en fréquence induit par un champ électrique pour m égal à 0.
En raison des défauts quantiques, les niveaux de faible moment orbital typiquement S,
P , D et F ne sont pas dégénérés en champ nul avec le reste de la multiplicité 52 dans le
Rubidium 85Rb. L'e�et Stark est ainsi très di�érent de celui calculé pour l'hydrogène et
présenté sur la �gure (1.2).
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l'atome d'hydrogène en fonction du champ électrique.
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m = 0 en fonction du champ électrique.

Concentrons nous sur un niveau de faible moment cinétique, par exemple |53D〉 sur
la �gure 1.3. Tant que le déplacement Stark maximal, égal à n~ωStark, n'est pas de l'ordre
de la di�érence d'énergie à champ nul entre |53D〉 et un niveau circulaire, l'état |53D〉
a un déplacement en énergie faible devant celui subi par les niveaux de la multiplicité.
On dit alors que le déplacement du niveau est quadratique. Lorsque le déplacement Stark
maximal augmente avec le champ électrique et devient de l'ordre de la di�érence d'énergie
à champ nul avec un niveau circulaire, l'état |53D〉 perturbe les états hydrogénoïdes. Avant
de rentrer dans la multiplicité, l'état propre en champ électrique non nul des niveaux de
faible moment cinétique sera très proche de l'état à champ nul.

De manière générale, plus l'énergie du niveau atomique est proche de la multiplicité
hydrogénoïde, plus il est sensible au champ électrique. Intéressons-nous au niveau excité
par les lasers en champ nul, le niveau |52F,m = 2〉. En raison de son faible défaut quan-
tique, il rejoint la multiplicité pour des petits champs devant 1 V/cm. L'état propre en
champ électrique non nul, adiabatiquement relié au niveau |52F,m = 2〉 en champ nul,
est l'état parabolique |n = 52, n1 = 1,m = 2〉.
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La "boîte à circulariser"

L'emplacement de la préparation des atomes dans les états de Rydberg circulaires
se situe dans une boîte cylindrique de 5 cm de diamètre et 15 cm de hauteur. La pro-
cédure de circularisation nécessite un champ magnétique important de 18 Gauss et des
champs électriques continus et radiofréquences. La �gure 2.1a schématise la géométrie
de cette boîte et les orientations des champs électriques et magnétiques nécessaires à la
circularisation des atomes.

Pour éviter que tout le dispositif extérieur à la boîte à circulariser ne soit envahi par
un champ magnétique très inhomogène, elle est fabriquée en Niobium massif et utilisée
dans le régime supra-conducteur. Par e�et Meissner, elle écrante le grand champ magné-
tique créé dans la boîte à circulariser. Elle est percée de trous pour permettre aux lasers
d'exciter les atomes à l'intérieur de la boîte et de coupler les atomes à la micro-onde.

Au dessus et au dessous du trajet des atomes, deux bobines de �l supra-conducteur
permettent de générer le champ magnétique vertical B dans la boîte à circulariser. Chaque
bobine est un enroulement de 2500 tours de �ls supraconducteurs de 100 µm d'épaisseur
sur une longueur 1 cm. Un courant de 400 mA permet de générer un champ magnétique
mesuré égal à 18 Gauss (à l'approximation du solénoïde parfait, le champ magnétique est
calculé égal à 31.25 Gauss).

Six électrodes ont pour but de générer les champs électriques de l'expérience. La
hauteur séparant les électrodes (a, b, c) des électrodes (a', b', c') est égale à 1 cm. On
applique une di�érence de potentiel continu ou de faible fréquence (temps caractéristique
τ ≤ 1 µs) entre les électrodes se faisant face, (a, b, c) et (a', b', c'). Le champ créé est aligné
avec le champ magnétique. Sur les quatre électrodes latérales (a, a', c, c'), une di�érence
de potentiel alternative radio-fréquence de fréquence égale à 250 MHz est appliquée. Le
champ créé est perpendiculaire à la direction du champ magnétique.

La �gure 2.1b reproduit le montage électrique réalisé permettant de coupler chaque
électrode à une source externe de tension. La radio-fréquence est couplée aux électrodes la-
térales par des capacités de 350 pF. La tension DC est amenée directement aux électrodes
centrale. Les deux électrodes latérales sont connectées à l'électrode centrale correspon-
dante par des résistances de 350 Ω en parallèle avec de petites capacités de 15 pF. En
dé�nitive la fréquence de coupure du montage électrique est 10 MHz.
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Fig. 2.1 � (a) Géométrie de la boîte à circulariser. (b) Montage électrique. La tension
dc est appliqué aux électrodes centrales. La di�érence de potentiel rf est appliquée aux
électrodes latérales.
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Le nouveau schéma d'excitation laser

Le but du nouveau dispositif est de réaliser un système d'excitation des atomes
dans les états de Rydberg circulaires plus e�cace. La principale limitation de l'ancien
système est la puissance du troisième échelon d'excitation laser. Nous avons suivi un
schéma d'excitation avec d'autres niveaux intermédiaires pour amener les atomes dans
les niveaux de Rydberg. La puissance laser disponible aux fréquences des transitions
concernées permet en principe de pouvoir saturer chacune d'entre elles.

La �gure 3.1 représente les niveaux excités et la fréquence des lasers utilisés dans
le nouveau protocole. L'excitation laser ne comporte que deux échelons pour atteindre
les niveaux de Rydberg. Le niveau intermédiaire est

∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4
〉
. La transi-

tion entre le niveau initial
∣∣5S1/2, F = 3,mF = 3

〉
et
∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4

〉
a pour lon-

gueur d'onde 420.29nm. Le niveau d'arrivée de l'excitation laser sera le niveau de Ryd-
berg

∣∣52D5/2, J = 5/2,mJ = 5/2
〉
. Cette seconde transition laser a pour longueur d'onde

1014.67nm. Les deux faisceaux lasers sont polarisés σ. En vue de préparer l'état de dé-
part de la circularisation, l'atome est transféré du niveau

∣∣52D5/2, J = 5/2,mJ = 5/2
〉
au

niveau |52F,m = 2〉. On réalise la transition micro-onde en champ électrique nul de ma-
nière à remplacer stricto − sinsu l'ancienne excitation laser par notre nouveau protocole
et ensuite réaliser la circularisation. On utilise pour exciter les transitions optiques des
diodes lasers. Dans les paragraphes suivants, nous détaillerons une à une les transitions
atomiques excitées. L'excitation et la circularisation sont réalisées en champ magnétique
et en champ électrique non nuls. Nous insisterons sur le comportement de chacune des
transitions en champ électrique et magnétique.
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5S1/2, F = 3, mF = +3

6P3/2, F = 4, mF = +4

52F, m = 2

λ1 = 420.29 nm

λ2 = 1014.67 nm

σ+

σ+

Transitions
laser

Transition
micro-onde

ν = 64.76 GHz

52D5/2, mJ = 5/2

Fig. 3.1 � Diagramme d'excitation laser et niveaux atteints avec chaque échelon laser du
nouveau système d'excitation des atomes dans les niveaux de Rydberg.
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C.1 Spectroscopie de la transition
∣∣5S1/2

〉
-
∣∣6P3/2

〉

Toutes les données suivante sont tabulés dans la littérature [83]. La longueur d'onde
de la transition

∣∣5S1/2

〉
-|6P3/2〉 est 420.29 nm. La largeur du niveau

∣∣6P3/2

〉
est évaluée à

1.6 MHz (soit 3 fois plus �ne que le niveau
∣∣5P3/2

〉
). La force d'oscillateur de la transition∣∣5S1/2

〉
−
∣∣6P3/2

〉
est égale à 0.0266 (soit 40 fois inférieure à celle de

∣∣5S1/2

〉
−
∣∣5P3/2

〉
).

L'intensité de saturation associée à la transition
∣∣5S1/2

〉
−
∣∣6P3/2

〉
est égale à 1.5 mW/cm2.

Elle est comparable à celle de la transition
∣∣5S1/2

〉
−
∣∣5P3/2

〉
.

La �gure 3.2 représente la position en énergie des niveaux atomiques des transitions∣∣5S1/2

〉
-
∣∣6P1/2

〉
et
∣∣5S1/2

〉
-
∣∣6P3/2

〉
pour les deux isotopes du Rubidium, 85Rb et 87Rb. Pour

85Rb, le moment cinétique du c÷ur atomique est 5/2 et le niveau fondamental
∣∣5S1/2

〉

possède deux niveaux hyper�ns F = 2 et F = 3 séparés en énergie de 3 GHz (F = I + J
avec I le spin du c÷ur atomique). Le niveaux

∣∣6P3/2

〉
possède quatre niveaux hyper�ns

F = 1, F = 2, F = 3 et F = 4 séparés en énergie de 3 GHz. Nous avons aussi représenté
les transitions associées à l'isotope 87Rb dont le moment cinétique du c÷ur atomique est
3/2.

Le laser utilisé pour exciter la transition
∣∣5S1/2

〉
-
∣∣6P3/2

〉
est une diode laser de lon-

gueur d'onde libre égale à 420 nm. Elle est produite par la compagnie Japonaise NICIA.
Sans cavité externe, elle délivre une puissance de 30 mW. L'accordabilité de la diode est
égale à ±2 nm. Elle est montée avec une cavité externe. Le montage est commercialisé
par TOPTICA et a pour référence DL100 (montage Littrow). Finalement la puissance
disponible en sortie de diode est égale à 6 mW pour un courant injecté de 70 mA.

Le but de cette partie est de mesurer la séparation entre les niveaux hyper�ns
du
∣∣6P3/2

〉
. La technique employée est l'absorption saturée en champ nul. Cette étude

est essentielle pour l'asservissement du laser bleu sur le niveau atomique visé lors de
l'excitation vers les états de Rydberg.

Spectre d'absorption saturée
La �gure 3.3 schématise le montage expérimental mis en place pour réaliser la spec-

troscopie d'absorption saturée. La cellule contenant le Rubidium est en verre. Elle contient
un mélange des deux isotopes (72% de 85Rb et 28% de 87Rb). La faiblesse de la force d'os-
cillateur de la transition

∣∣5S1/2

〉
−
∣∣6P3/2

〉
amène à chau�er la cellule de manière à aug-

menter la pression de vapeur saturante et donc à augmenter l'absorption du laser par les
atomes de la cellule. La fréquence du laser est balayée et la photodiode mesure l'intensité
du faisceau sonde qui lui parvient : on enregistre donc un spectre en transmission.

L'ensemble du spectre obtenu est représenté sur la �gure 3.4a. On observe quatre
pics d'absorption. Un pic correspond à une transition d'un niveau hyper�n du niveau fon-
damental

∣∣5S1/2

〉
d'un des deux isotopes vers le niveau excité

∣∣6P3/2

〉
. Un élargissement

Doppler des transitions atomiques explique la largeur de chaque transition. Au creux de
chaque pic, on remarque une structure beaucoup plus �ne : le spectre d'absorption saturée.
La �gure 3.4b reproduit le même spectre d'absorption sur une plage de fréquence beaucoup
plus restreinte, centrée sur la fréquence de la transition entre les niveaux

∣∣5S1/2, F = 3
〉

et
∣∣6P3/2

〉
du 85Rb. On observe alors six pics d'absorption saturée d'une dizaine de Mhz
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〉
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 anamorphoseurs
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Fig. 3.3 � Montage expérimental pour la spectroscopie d'absorption saturée pour un
système d'asservisement par spectroscopie de polarisation. Pour un schéma plus clair,
l'angle entre les deux faisceaux n'a pas été explicité partout.

de large. La technique pour calibrer précisément le balayage en fréquence consiste à en-
registrer simultanément deux spectres d'absortpion saturée avec deux faisceaux issus du
même laser et décalés en fréquence de ωref = 80 MHz par rapport à la fréquence du laser
par un modulateur acousto-optique. Sur la �gure 3.4b, nous avons superposé aux données
expérimentales l'ajustement lorentzien qui permet de mesurer la structure hyper�ne du
niveau

∣∣6P3/2

〉
. Les règles de sélection de l'excitation laser dipôlaire électrique permettent

d'associer à chaque pic du spectre d'absorption saturée une transition ou un "cross-over"
entre deux transitions :

pic attribution fréquence (MHz)
1 F ′ = 2 0
2 CO(F ′ = 2 − F ′ = 3) 10.8 (±0.3)
3 F ′ = 3 21.5 (±0.6)
4 CO(F ′ = 2 − F ′ = 4) 30.3 (±0.8)
5 CO(F ′ = 3 − F ′ = 4) 40.4 (±1.1)
6 F ′ = 4 59.2 (±1.6)

Les valeurs obtenues sont en accord avec les calculs présentés dans la référence [].

Excitation en champ magnétique non nul : préparation du niveau∣∣6P3/2, F
′ = 4,mF = 4

〉

Dans la zone de circularisation règne un champ magnétique vertical de 18 Gauss.
La fréquence de la transition

∣∣5S1/2, F = 3,mF = 3
〉
−
∣∣6P3/2, F

′ = 4,mF = 4
〉
est dépla-

cée, par e�et Zeeman, de 20 MHz. Techniquement, le laser sera asservi en fréquence sur
la transition

∣∣5S1/2, F = 3
〉
et
∣∣6P3/2, F

′ = 4
〉
(la transition du premier échelon d'excita-

tion laser du nouveau protocole). Deux modulateurs acousto-optiques, l'un en série avec
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Fig. 3.4 � a) Spectre d'absorption saturée de la transition
∣∣5S1/2

〉
−
∣∣6P3/2

〉
. On

observe quatre pics. Le pic 1 (4) correspond à la transition du 87Rb entre le ni-
veaux hyper�n du fondamental

∣∣5S1/2, F = 1
〉
(
∣∣5S1/2, F = 2

〉
) vers le

∣∣6P3/2

〉
. Le pic

2 (3) correspond à la transition du 85Rb entre le niveaux hyper�n du fondamental∣∣5S1/2, F = 2
〉
(
∣∣5S1/2, F = 3

〉
) vers le

∣∣6P3/2

〉
. b) Spectre d'absorption saturée de la tran-

sition
∣∣5S1/2, F = 3

〉
-
∣∣6P3/2

〉
en fonction de la fréquence ν par rapport à la fréquence

νF=3−F ′=4 de la transition
∣∣5S1/2, F = 3

〉
-
∣∣6P3/2, F

′ = 2
〉
. La notation abrégée CO signi�e

"cross-over". En trait �n sont représentés les ajustements lorentziens pour chaque réso-
nance.

l'expérience, l'autre dans la boucle d'asservissement, permettent d'ajuster la fréquence
du laser à la transition atomique dans le cryostat. Le laser est asservi en fréquence par
spectroscopie de polarisation [84]. La largeur spectrale du laser avec asservissement a été
mesurée égale à 1 MHz. En raison de la faiblesse de la force d'oscillateur de la transition
optique, une bonne moitié de la puissance laser a dû être utilisée pour l'asservissement.
En dé�nitive la puissance directement envoyée à l'expérience est 2 mW au maximum

Idéalement le niveau de départ après la première excitation est
∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4

〉
.

Par rapport à l'axe de quanti�cation matérialisé par le champ magnétique, la polarisa-
tion du laser bleu est σ. En raison d'un manque de puissance du laser bleu, un pompage
optique sur la transition

∣∣5S1/2, F = 3,mF = 3
〉
−
∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4

〉
ne peut être

réalisé et la pureté du niveau
∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4

〉
s'en ressent. Pour résoudre ce pro-

blème, un laser infrarouge de longueur d'onde 780nm asservi en fréquence sur la transition∣∣5S1/2, F = 3,mF = 3
〉
et
∣∣5P3/2, F = 4,mF = 4

〉
en champ magnétique et de polarisation

σ+ pompe les atomes du fondamental dans l'état
∣∣5S1/2, F = 3,mF = 3

〉
avant l'excita-

tion dans les niveaux de Rydberg dans la boîte à circulariser. La �gure 3.5 représente la
position des niveaux d'énergie en champ magnétique des états et les transitions excitées
lors de la préparation des atomes dans l'état

∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4
〉
.
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Fig. 3.5 � Niveaux d'énergie en champs magnétique faible du niveau fondamental
∣∣5S1/2

〉

des deux premiers états excités niveaux
∣∣5P3/2

〉
et
∣∣6P3/2

〉
et principe de fonctionnement

de l'excitation dans le niveaux
∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4

〉
. On néglige la structure hyper�ne

dans ce schéma de principe. Le déplacement des niveaux extrêmes
∣∣5S1/2, F = 3,mF = 3

〉

et
∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4

〉
reste linéaire en champ magnétique quelque soit l'amplitude du

champ.
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C.2 Spectroscopie de la transition
∣∣6P3/2, F = 4

〉
−
∣∣52D5/2

〉

Dans cette partie, nous présentons les caractéristiques spectroscopiques de la tran-
sition laser

∣∣6P3/2, F = 4
〉
−
∣∣52D5/2

〉
. La longueur d'onde de la transition en champ nul

est égale à 1014.67 nm. La force d'oscillateur de la transition est très faible et di�cile à
évaluer.

Le laser utilisé pour exciter la transition
∣∣6P3/2, F = 4

〉
−
∣∣52D5/2

〉
est une diode

laser de longueur d'onde libre autour de 1020 nm. Elle est produite par la société ACT
et commercialisée par la compagnie TOPTICA. En régime libre, elle délivre 200 mW.
Cette diode est montée en cavité externe en ajoutant un réseau (montage Littrow) pour
permettre un balayage autour de la longueur d'onde libre de 10 nm. Un balayage �n
de la fréquence du laser est possible en changeant la position du réseau à l'aide d'une
cale piézo-électrique. Finalement la puissance disponible en sortie de diode est proche de
90 mW. Le laser est asservi en fréquence sur la transition optique menant aux états de
Rydberg grâce à une cavité Fabry-Pérot. Cette cavité est placée dans une enceinte à vide
et sa température est régulée de manière à augmenter sa stabilité. La largeur spectrale
de la cavité a été mesurée à 2 MHz. En dé�nitive la puissance directement envoyée à
l'expérience est 60 mW au maximum.

L'excitation transfère les atomes dans les états de Rydberg que l'on détecte ensuite
par ionisation. Le niveau atteint, |52D〉, s'ionise à un champ électrique de 53.5 V/cm. Les
courbes présentés dans cette partie sont simplement le nombre d'atomes détectés pour un
champ électrique de 53.5 V/cm au niveau du détecteur en fonction de la fréquence du laser.
La fréquence du laser infrarouge est variée par l'intermédiaire de la cale piézo-électrique
contrôlant la position du réseau. Une calibration du balayage du laser en fonction de
la tension appliquée à la cale piézo-électrique a été préalablement réalisée grâce à une
cavité Fabry-Perot. En supposant le comportement de la fréquence du laser linéaire dans
le déplacement de la cale piézo-électrique du réseau, le facteur de conversion est alors
mesuré à 125MHz/V. Toutes les données concernant la fréquence du laser seront données
par rapport à une origine arbitraire.

Excitation en champ magnétique nul : mesure de la structure �ne
du 52D

La première mesure spectroscopique concerne la structure �ne du niveau |52D〉 en
champ magnétique et champ électrique nuls. A partir du niveau

∣∣6P3/2, F = 4
〉
, les règles

de sélection de l'interaction dipolaire électrique nous permettent d'atteindre les niveaux∣∣52D3/2

〉
et
∣∣52D5/2

〉
.

La durée de l'excitation laser est contrôlée par un modulateur acousto-optique placé
en série entre l'expérience et le laser infra-rouge. Pendant cette expérience elle est �xée à
2µs. Le résultat de la spectroscopie en champs nuls est présenté sur la �gure 3.6. On ob-
serve deux résonances correspondant aux deux niveaux de structure �ne du niveau |52D〉.
La séparation en fréquence des deux pics d'excitation est mesurée à 81.5±1MHz. Le cal-
cul de cette di�érence d'énergie à partir des défauts quantiques déterminé par Meschede
[82] prévoit un écart de 82.4MHz et est en accord avec notre mesure.
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Fig. 3.6 � Spectroscopie laser de la raie |52D〉 en champ magnétique et électrique nuls.

Excitation en champ magnétique non nul : sélection du mJ = 5/2

La préparation des atomes dans les états de Rydberg est réalisée en champ ma-
gnétique non nul. Nous devons nous assurer que l'excitation laser nous mène dans l'état∣∣52D5/2,m = 2

〉
. On réalise donc la spectroscopie de la raie

∣∣6P3/2, F = 4
〉
-|52D〉 en pré-

sence de champ magnétique.
La �gure 3.7 présente l'énergie des sous niveaux Zeeman des états

∣∣52D5/2

〉
,
∣∣52D3/2

〉

et |6P3/2, F = 4〉. A une bonne approximation, la di�érence d'énergie entre deux sous
niveaux de mF (mJ) di�érents d'une unité, avec mF (mJ) proche de F (J), dépend li-
néairement du champ magnétique. Nous donnons les facteurs de Landé associés à chaque
état sur la �gure 3.7. Le laser bleu transfère l'atome dans l'état

∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4
〉

(
∣∣6P3/2, J = 3/2,mJ = 3/2, I = 5/2,mI = 5/2

〉
dans la base "J,I" des états propres de Jz

et Iz). Les règles de sélection de l'interaction dipôlaire électrique nous autorisent trois
transitions vers le niveau

∣∣52D5/2

〉
et seulement deux vers le niveau

∣∣52D3/2

〉
.

La �gure 3.8 présente le résultat de la spectroscopie en champ magnétique pour deux
polarisations di�érentes σ et π du laser infrarouge. Les courbes présentées sont enregistrées
sur une seule séquence expérimentale (la durée de l'impulsion laser est 10µs). Suivant
la polarisation du laser infrarouge, la fréquence des résonances change. Nous arrivons
à résoudre en fréquence les di�érentes transitions lasers vers les di�érents sous-niveaux
Zeeman du

∣∣52D5/2

〉
. La largeur des transitions observées est de l'ordre de 5MHz. La

séparation en fréquence des deux pic de transition σ+ et σ− est 51.8± 3MHz. La largeur
mesurée sur la courbe liée à la polarisation π entre les transitions π et σ+ est 24.6±3MHz.
Cette mesure nous permet de calibrer le champ magnétique vu par les atomes dans la
"boîte à circulariser". Pour les niveaux issus de

∣∣52D5/2

〉
pour mJ = 3/2 et mJ = 5/2, le
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Fig. 3.7 � (a) Schéma du déplacement des sous niveaux Zeeman des états
∣∣52D3/2

〉
,∣∣52D5/2

〉
et
∣∣6P3/2

〉
et les facteurs de Landé associés à chaque niveau. (b) Orientation

des polarisations lasers en trait �n par rapport à l'axe de quanti�cation en trait épais (le
champ magnétique B).
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Fig. 3.8 � Spectre laser du niveau |52D〉. En trait plein, la polarisation du laser est σ. En
trait pointillé, la polarisation du laser est π.

déplacement Zeeman est à une bonne approximation linéaire en champ magnétique. La
di�érence de fréquence entre les transitions σ+−π est égale à gJ~ωB où ωB est la fréquence
de Larmor et gJ le facteur de Landé associé au niveau

∣∣52D5/2

〉
. Finalement on trouve

un champ magnétique égal à 15±2 Gauss. Nous présenterons par la suite une calibration
plus précise du champ magnétique régnant dans la boîte à circulariser par spectroscopie
micro-onde.
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Fig. 3.9 � Déplacement en fréquence en fonction du champ électrique dans la zone d'ex-
citation. En trait plein, le résultat de la simulation est représenté.

Nous pouvons remarquer l'existence d'atomes excités pour des fréquences supé-
rieures à la fréquence de la transition σ+. Leur origine repose sur l'existence d'atomes non
pompés optiquement dans le niveau de départ

∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4
〉
. Par exemple, l'élé-

ment de matrice entre
∣∣6P3/2, F = 4,mF = 3

〉
et
∣∣52D5/2,mJ = 5/2

〉
est non nul et la fré-

quence de transition est plus grande que celle de la transition entre
∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4

〉

et
∣∣52D5/2,mJ = 5/2

〉
. On remarque néanmoins que la proportion d'atomes excités par ce

processus est faible en comparaison avec la transition σ+. On en conclut que le prépom-
page optique est e�cace. En conclusion, nous sommes capables de préparer sélectivement
en champ magnétique non nul la composante mJ = 5/2 du niveau

∣∣52D5/2

〉
.

Excitation en champ électrique
L'une des particularités des niveaux de Rydberg D, en comparaison avec le niveau

F , est l'importance de son défaut quantique. Pour des champs électriques de l'ordre de
2.4V/cm (typiquement le champ de circularisation), l'état de l'atome est très peu per-
turbé par la présence du champ électrique. Nous allons véri�er ce comportement attendu
du niveau

∣∣52D3/2,mJ = 3/2
〉
par spectroscopie laser. Un champ magnétique de 18 Gauss

vertical est présent dans la zone d'excitation. Pour chaque valeur, on réalise un spectre
laser. Comme attendu, nous observons que, quelque soit le champ électrique, le nombre
d'atomes excités reste constant. Sur la �gure (3.9) nous avons reporté la position en fré-
quence de la résonance en fonction du champ électrique appliqué dans la zone d'excitation.
En trait plein, le résultat du calcul numérique, en négligeant la structure �ne, de l'énergie
de niveau adiabatiquement connecté au

∣∣52D3/2,mJ = 3/2
〉
est reproduit. L'accord entre



208 Annexe C

expérience et théorie est très bon.
Cette perspective nous ouvre des voies nouvelles d'excitation. En e�et, une des

causes importantes d'impureté de préparation des niveaux circulaires de l'ancien schéma
est le passage adiabatique réalisé de manière à transférer les atomes, excités en champ
nul dans l'état |52F,m = 2〉, vers l'état de départ de la circularisation. La raison d'être de
cette opération est reliée à la faible puissance laser disponible et à la faiblesse de l'élément
de matrice de la transition du troisième échelon en champ électrique. Avec le nouveau
schéma d'excitation, le niveau

∣∣52D5/2,mJ = 5/2
〉
peut être excité en champ électrique

sans perte d'atomes à puissance laser constante. Ensuite, nous disposons de beaucoup
de puissance micro-onde pour transférer l'atome e�cacement dans l'état de départ de la
circularisation.

Etude de la saturation de l'excitation laser
Notre but est dans cette partie de réaliser expérimentalement des courbes de satura-

tion pour chacune des excitations lasers. Nous mesurons ainsi la puissance de saturation
de chacune des transitions.

Pour obtenir les courbes expérimentales de saturation de chaque transition laser,
on varie l'intensité de l'un ou l'autre laser et on repère le nombre d'atomes excités dans
le niveau 52D. L'expérience a été réalisée en champ magnétique de circularisation. Pour
s'a�ranchir de toutes dérives possibles de la fréquence du laser infrarouge, nous enregis-
trons pour chaque intensité un spectre laser de la raie Rydberg. On reporte la hauteur du
pic correspondant à la transition laser σ+ (voir �gure 3.8). Dans le cas de la courbe de sa-
turation de la transition

∣∣5S1/2, F = 3,mF = 3
〉
−
∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4

〉
, la puissance du

laser infrarouge est constante et égale à 60 mW. Le nombre d'atomes de Rydberg détectés
sera le re�et du nombre d'atomes excités dans l'état

∣∣6P3/2

〉
. Pour la courbe de saturation

de la transition
∣∣6P3/2, F = 4,mF = 4

〉
-
∣∣52D5/2,mJ = 5/2

〉
, la puissance du laser bleu est

constante et égale à 1.7 mW.
Les �gures (3.10) et (3.11) présentent les résultats de l'expérience respectivement en

variant la puissance du laser bleu et la puissance du laser rouge. Les ajustement présentés
sur chaque courbe nous permettent d'évaluer la puissance de saturation pour chaque
transition. Les puissances de saturation ainsi trouvées sont égales à 0.8 mW pour la
transition excité par le laser bleu et à 16 mW pour la transition infrarouge. La forme des
courbes de saturation nous indique que le paramètre de saturation est plus grand que 1
pour les deux transitions excitées.

Les résultats expérimentaux présentés dans cette partie assurent la préparation de
l'atome dans l'état

∣∣52D5/2,mJ = 5/2
〉
. La dernière étape de l'excitation consiste à trans-

férer alors l'atome dans l'état de départ de la circularisation. A cet e�et, nous étudions
expérimentalement les caractéristiques spectrales de la transition micro-onde entre |52D〉
et |52F 〉.
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C.3 Spectroscopie micro-onde de la transition |52F 〉 −∣∣52D5/2

〉

Dans cette partie, nous présentons les caractéristiques spectroscopiques de la tran-
sition micro-onde

∣∣52D5/2

〉
− |52F 〉.

Pour exciter la transition
∣∣52D5/2

〉
− |52F 〉, les atomes sont couplés à une source

micro-onde par l'intermédiaire d'un guide d'onde débouchant sur le côté de la "boîte à
circulariser". Le synthétiseur micro-onde est référencé en fréquence. Au contraire de l'ex-
citation laser, la référence absolue de fréquence aura un sens. La stabilité des sources
micro-onde permet de connaître la fréquence de la source au Hertz près. La détection par
ionisation permet de distinguer les deux niveaux de Rydberg. Les champs électriques d'io-
nisation sont respectivement 53.5 V/cm et 48.5 V/cm. On reproduit l'expérience plusieurs
fois et on mesure le nombre d'atomes dans chaque état. Les résultats des expériences se-
ront présentés sous la forme de la probabilité de détecter l'atome dans |52F 〉 en fonction
de la fréquence de la source micro-onde.

La chronologie des événements de la spectroscopie des niveaux de Rydberg est la
suivante : elle débute par une excitation laser des atomes dans le niveau fondamental
d'une durée 2µs ; ensuite la source micro-onde irradie les atomes, pendant une durée égale
à 3µs, 0.5 µs après la �n de l'excitation laser. L'excitation a lieu au centre la "boîte à
circulariser", dans une zone où le champ électrique est très homogène.
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Fig. 3.12 � Spectre en champs nuls de la transition |52D〉-|52F 〉.
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Excitation micro-onde en champ magnétique nul
Le résultat de l'expérience de spectroscopie en champ magnétique nul est présenté

sur la �gure (3.12). Nous observons une résonance centrée sur une fréquence égale à
64.756 GHz et de largeur égale à 1.2 MHz. La fréquence de transition est en très bon
accord avec les résultats des mesures de Meschede [82] où la fréquence de transition a été
mesurée égale à 64.75638 GHz. La largeur est due à de petites inhomogénéités de champ
électrique sur le trajet des atomes pendant l'excitation.

Excitation en champ magnétique non nul : sélection du |52F,m = 2〉
Nous observons les conséquences de la présence d'un champ magnétique dans la zone

d'excitation des atomes sur la transition
∣∣52D5/2

〉
-|52F 〉. Nous préparons l'expérience dans

la condition d'excitation des niveaux de Rydberg. Le champ électrique est nul. L'intensité
dans les bobines supraconductrices est �xée à 0.4A. Nous préparons l'atome dans le niveau∣∣52D5/2,mJ = 5/2

〉
ou |52D,L = 2,m = 2, S = 1/2, s = 1/2〉 dans la base "L,S".

La transition excitée est descendante en fréquence. Le diagramme 3.13 représente
l'énergie des sous niveaux Zeeman concernés par la transition micro-onde. Pour les niveaux
de m ou mJ maximal, le déplacement Zeeman est linéaire en champ magnétique. La
�gure 3.14 reproduit les résultats de la spectroscopie de la transition. On ne contrôle
pas la polarisation de l'excitation micro-onde si bien que trois résonances liées au trois
polarisations du champ micro-onde apparaissent.
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Fig. 3.13 � Schéma des sous-niveaux Zeeman issus de
∣∣52D5/2

〉
et |52F 〉.

Pour une fréquence croissante, on observe dans l'ordre les transitions σ−, π et σ+.
Les fréquences associées sont respectivement : 64.731 GHz, 64.755 GHz et 64.780 GHz.
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Fig. 3.14 � Spectre de la transition
∣∣52D5/2

〉
- |52F 〉 en champ magnétique. L'état initial

de l'atome est
∣∣52D5/2,mJ = 5/2

〉
.

Nous observons une di�érence de transfert entre les transitions σ et la transition π : nous
concluons à une polarisation vue par les atomes avec une projection sur l'axe de quan-
ti�cation plus grande que perpendiculairement à l'axe de quanti�cation. Entre les deux
transitions σ, on observe une di�érence de transfert expliquée par un élément de matrice
de la transition σ+ plus grand que celui de la transition σ−. La transition π n'a pas été
déplacée. Elle est insensible au champ magnétique. Comme nous l'avons vu précédem-
ment, la largeur de la transition π est le re�et d'inhomogénéité de champs électriques.
En comparaison avec la résonance π, les deux résonances σ sont élargies. Cet élargisse-
ment est la manifestation de champs magnétiques inhomogènes. Pour la transition σ+ on
trouve une largeur de 2.1 MHz. Donc on estime l'élargissement dû aux inhomogénéités de
champ magnétique égal à 0.9 MHz. Le déplacement en fréquence de la transition σ+ est
purement linéaire dans le champ magnétique et il est égal à 25 MHz. Par conséquent le
champ magnétique moyen vu par les atomes est mesuré égal à 18 Gauss.

Excitation en champ électrique non nul
Nous observons dans cette partie le déplacement de la transition pour de faibles

champs électriques. Comme nous l'avons remarqué sur la �gure (1.3), le niveau |52F 〉
se couple pour de très faibles champs électriques aux niveaux de la multiplicité circu-
laire. Par conséquent, à partir d'un champ d'une centaine de millivolts par centimètre, la
structure à trois transitions observées à champ électrique nul ne survivra pas. Ainsi tous
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les états propres de la multiplicité 52 auront une projection sur l'état |52F 〉 non nulle
et par conséquent tous ces niveaux pourront être excités par la micro-onde à partir de∣∣52D5/2,mJ = 5/2

〉
.

Toute l'expérience est réalisée à champ magnétique de circularisation. Pour chaque
champ électrique, on réalise un spectre de la transition du

∣∣52D5/2,mJ = 5/2
〉
vers le

|52F,m = 2〉. La �gure 3.15 reproduit le résultat de quelques spectres pour di�érents
champs électriques. En champ électrique nul, on rappelle que l'excitation micro-onde
conduit à un transfert vers les trois niveaux |52F,m = 3〉, |52F,m = 1〉 et |52F,m = 2〉.
Chacun de ces niveaux correspond à trois polarisations d'excitation di�érentes respective-
ment σ+, π et σ−. Jusqu'à un champ électrique de 0.2 V/cm appliqué entre les plaques de
la boîte à circulariser, le spectre conserve cette structure. Les déplacements en fréquence
observés sont de l'ordre de 400 MHz. Pour des champs électriques plus importants, une
multitude de résonances sont observées. On observe une réduction du transfert moyen des
transitions observées au fur et mesure que l'on augmente le champ électrique. Pour obser-
ver les résonances, nous sommes contraints d'augmenter l'intensité de la source micro-onde
qui excite les atomes. Cette observation est une conséquence de la contamination du ni-
veau |52F 〉 par les niveaux de la multiplicité circulaire.

La �gure (3.16) résume les résultats obtenus pour di�érents champs électriques.
Les points blancs représentent les fréquences de transitions mesurées sur les spectres
obtenus. En trait plein, nous avons représenté les prédictions théoriques des fréquences des
transitions attendues à partir du niveau

∣∣52D5/2,mJ = 5/2
〉
. La fréquence des transitions

atomiques observées suivent assez �dèlement les prédictions théoriques.

Augmentation du nombre d'atomes excités dans le niveau |52F,m = 2〉
En champ magnétique de circularisation de 18 Gauss et en champ électrique nul, le

résultat des trois transitions est de transférer l'atome dans l'état |52F,m = 2〉, état de dé-
part de la circularisation. Le nouveau protocole d'excitation se substitue donc stricto − sinsu

aux trois lasers de l'ancien système. Le résultat important est l'augmentation du nombre
d'atomes excités. En raison de la puissance du laser infrarouge, 15 fois plus d'atomes sont
excités dans le niveau |52F,m = 2〉 par rapport à l'ancien système.
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Fig. 3.15 � Spectre de la transition
∣∣52D5/2,mJ = 5/2

〉
-|52F 〉 pour di�érents champs

électriques. P est la probabilité de détecter des atomes à la tension d'ionisation du |52F 〉.
On spéci�e pour chaque courbe le champ électrique vu par les atomes et l'atténuation
appliquée sur la source micro-onde.
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Fig. 3.16 � Fréquence de la transition 52D-52F en fonction du champ électrique. En trait
plein sont reproduits les résultats du calcul de la fréquence des transitions attendues.
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C.4 Préparation d'atomes de Rydberg circulaires
Nous présentons dans ce dernier paragraphe, la préparation d'atomes circulaires avec

le nouveau schéma d'excitation. Nous rappelons ici brièvement les di�érentes étapes.
La �gure 3.17 représente le déroulement temporel de la séquence de circularisation.

Les courbes de champ électrique jouées sur les électrodes (a, b, c) de la "boîte à cir-
culariser" et sur les instruments du contrôle de l'allumage des lasers, de la micro-onde
et de la radio-fréquence de circularisation pendant le passage des atomes dans la zone
de circularisation y sont reproduites. Le champ magnétique est permanent et il a pour
valeur dans la zone de circularisation 18 Gauss. La première étape consiste à exciter le
niveau

∣∣52D5/2,mJ = 5/2
〉
en champ électrique nul pendant 2µs. Ensuite l'atome interagit

pendant 1 µs avec une source micro-onde dont la fréquence est ajustée sur la transition
vers l'état |52F,m = 2〉. Le champ électrique est alors augmenté jusqu'à 2.4 V/cm. En
supposant que la montée du champ électrique permet un passage adiabatique, l'atome
est à ce stade dans l'état de départ de la circularisation |52, n1 = 1,m = 2〉. Ensuite le
processus de circularisation démarre. Le passage adiabatique de circularisation est induit
par un lent changement de champ électrique. Sur 5 µs, la tension appliquée aux plaques
centrales descend de 2.4 V/cm à 2 V/cm. Finalement le champ électrique est rapidement
à une valeur maximale de 5 V/cm. Par rapport à l'ancien processus d'excitation, seule
l'excitation des atomes en champs électrique nul change.

L'expérience a été menée à champ électrique initial nul. Les résultats sont présentés
sous la forme de signaux d'ionisation. La �gure (3.18) reproduit deux courbes d'ionisation.
La première est obtenue sans la radio-fréquence de circularisation et sans micro-onde
|52D5/2〉-|52F 〉, la seconde correspond aux conditions de circularisation.

L'excitation micro-onde ne transfère que la moitié des atomes du niveau
∣∣52D5/2,mJ = 5/2

〉

au niveau |52F,m = 2〉. Ce résultat est en accord avec les observations réalisées précé-
demment.

En conclusion, le nouveau système d'excitation laser permet d'envisager préparer
15 fois plus d'atomes dans les niveaux de Rydberg circulaires. Des tests complémentaires
devront être réalisés pour connaître la pureté des atomes circulaires ainsi préparés. Nous
espérons par ce nouveau dispositif pouvoir atteindre des vitesses de l'ordre de 100m/s et
ainsi augmenter le temps d'interaction complet entre l'atome et le mode résonant gaussien
de la cavité.



Annexe C 217

temps (en µs)

1.22

1

2.5

0

0 2 2.5
3.5

4 5 6 11 12 13

(a)

(b)

(c)

(d)

tension (en V)

65

Fig. 3.17 � Séquence des événements de la circularisation. (a) tension appliquée sur les
électrode (a, b, c) de la "boîte à circulariser" (sur les électrodes leur faisant face (a', b',
c') on applique la courbe opposée). (b) Déclenchement du laser d'excitation. (c) Déclen-
chement de l'excitation micro-onde. (d) Enveloppe de l'excitation radiofréquence appliqué
sur les électrodes latérales de la boîte à circulariser lors du passage adiabatique de circu-
larisation.
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Fig. 3.18 � Nombre d'atomes détectés en fonction du champ électrique appliqué dans la
zone de détection : (a) sans radiofréquence, (b) avec radiofréquence.
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