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Résumé

Cette thèse est consacrée à la réalisation expérimentale d’une mémoire quantique
par transparence induite électromagnétiquement (EIT) dans une vapeur de césium ainsi
que d’une source de vide comprimé à 852 nm.

Une interface lumière-matière reposant sur le phénomène d’EIT a été démontrée et
ses performances ont été étudiées par stockage et restitution d’états cohérents. La co-
hérence du processus de mémoire et l’absence de bruit ajouté ont été mises en évidence,
ainsi que les performances en termes de fidélité et à l’aide du diagramme T-V.

Une étude à la fois expérimentale et théorique du phénomène d’EIT sur la raie D2

d’une vapeur de césium a permis de préciser l’effet conjugué de la structure hyperfine
et de l’élargissement Doppler sur les transparences obtenues.

Afin d’étudier la mémoire avec un état non classique du champ, une source de vide
comprimé à 852 nm a été développée et les caractéristiques de l’état de sortie ont été
analysées par tomographie quantique. La source utilisée est un oscillateur paramétrique
optique fonctionnant sous le seuil.

Mots clés : optique quantique, information quantique, variables continues, mémoire
quantique, transparence induite électromagnétiquement, vapeur de césium, oscillateur
paramétrique optique, états comprimés, intrication, tomographie quantique.

Abstract

This thesis is devoted to the physical implementation of a quantum memory using
electromagnetically induced transparency (EIT) in cesium vapor as well as a source of
squeezed vacuum at 852 nm.

A light-matter interface based on EIT has been implemented and its performance
characterized by the storage and retrieval of coherent states. The process is coherent
and has no excess noise. The performance of the system has been assessed in terms of
fidelity and also using the T-V diagram.

The EIT process using the D2 line of a cesium vapor has been studied, both theoreti-
cally and experimentally, and has shown the combined effect of the hyperfine structure
and the Doppler broadening on the effective transparency of the medium.

In order to store non-classical states of light in the memory, a squeezed vacuum
source at 852 nm has been implemented and the output characteristics analyzed by
quantum tomography. The source is based on an optical parametric oscillator operated
below threshold.

Keywords : quantum optics, quantum information, continuous variables, quantum
memory, electromagnetically induced transparency, cesium vapor, optical parametric
oscillator, squeezed states, entanglement, quantum tomography.
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thèse. Je remercie aussi très sincèrement Julien Laurat qui a encadré mon travail au
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cie pour son enthousiasme, sa disponibilité et ses conseils expérimentaux qui ont été
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monté l’expérience, c’est lui qui m’a appris quasiment tout ce que je sais aujourd’hui
sur l’optique quantique expérimentale. Sa gentillesse, sa patience, ses grandes qualités
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ainsi chaleureusement Jérôme Lefrère, Claire Adrados, Alberto Amo, Charles Leyder,
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tique multimode”, “Métrologie” et “Mesures et bruits fondamentaux” pour les nombreux
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l’Observatoire de Paris qui nous ont aidés pour la réalisation des diodes laser avec filtre
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C.1 Résolution des équations de propagation . . . . . . . . . . . . . 84

C.1.1 Expression générale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 84
C.1.2 Simplification . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 85



x Table des matières
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A Dispositifs étudiés et notations . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 129

A.1 Présentation du dispositif global . . . . . . . . . . . . . . . . . . 129
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A.4 Schéma expérimental et séquence temporelle . . . . . . . . . . . 174
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D.3 Courbes théoriques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 242
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Introduction

Contexte historique

L’idée d’utiliser des ressources quantiques dans le traitement de l’information est
apparue au milieu des années 80 [Deutsch, 1985], [Nielsen et Chuang, 2000]. La notion
d’ordinateur quantique apparâıt à ce moment-là et le premier algorithme quantique
dont la complexité est inférieure à n’importe quel algorithme classique est proposé.
Depuis lors, le traitement quantique de l’information, ou information quantique, a connu
un très grand engouement avec l’apparition de deux sous-domaines : le calcul quantique
et les communications quantiques.

Le calcul quantique a connu un important développement théorique avec la dé-
couverte d’algorithmes quantiques permettant d’effectuer certains calculs de manière
beaucoup plus rapide que ce que l’on sait faire avec des ressources classiques. Ces
algorithmes exploitent les caractéristiques propres à la physique quantique, comme
par exemple le principe de superposition, pour surpasser la vitesse de calcul des algo-
rithmes classiques. Dans ce domaine, on peut citer entre autres les contributions de
Peter Shor [Shor, 1994] (algorithme quantique permettant la factorisation rapide de
grands nombres, mettant ainsi ”en péril” la sécurité du système de cryptographie RSA)
et de Lov Grover [Grover, 1996] (algorithme quantique permettant la recherche rapide
d’un élément dans une liste désordonnée, ce qui est l’un des enjeux actuels concernant
les bases de données).

L’autre domaine à avoir connu un essor très important est celui des communications
quantiques. Ce terme s’applique à tout transfert d’information ou d’états quantiques
entre deux points de l’espace. L’un des premiers résultats marquants de ce domaine est
la possibilité de réaliser des protocoles de cryptographie quantique qui sont inviolables,
de part les fondements mêmes de la physique quantique [Bennett et Brassard, 1984].
L’une des ressources les plus utilisées dans les protocoles de communications quantiques
sont les états intriqués [Ekert, 1991], [Kimble, 2008]. Il s’agit de deux états spatialement
séparés présentant des corrélations quantiques non-locales et dont la fonction d’onde
n’est pas séparable. Le vecteur de l’information quantique le plus employé et le plus
prometteur pour réaliser ces protocoles et distribuer des paires d’états intriqués entre
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deux parties est la lumière. Ceci s’explique entre autre par l’important développement
au cours des dernières décennies des sources laser et des systèmes optiques permet-
tant de créer des états quantiques, ainsi que par l’infrastructure existante de fibres
optiques qui présentent l’avantage de pouvoir être utilisées aussi bien pour transporter
les propriétés classiques que les propriétés quantiques de la lumière.

Actuellement, les pertes dans les fibres optiques limitent les distances sur les-
quelles il est possible de transmettre des états quantiques à une centaine de kilomètres
[Hübel et al., 2007]. Pour contourner ce problème et pouvoir effectuer des communica-
tions quantiques à grande distance, une solution prometteuse est l’utilisation de répé-
teurs quantiques [Briegel et al., 1998], [Duan et al., 2001] dont le schéma est présenté
sur la figure 1. Le principe de ces répéteurs repose sur la division en N segments de

(a)

Temps total: exponentiel avec L

paire de faisceaux intriqués mémoire quantique

A0 A1 A2 ANAN-1

L0 L0 L0

L = N L0

2 L0 L0

connexion

L

(b)

Temps total: polynomial avec L

2 L0 L0

connexion

L

L = N L0

M

M M M M M M

MM

M

M M

M

L

A0 A1 A2 ANAN-1

L0 L0 L0

Fig. 1 – (a) Représentation schématique d’un dispositif de distribution d’intrication entre
les points A0 et AN par l’intermédiaire de répéteurs quantiques. Des paires intriquées sont
distribuées sur des segments de longueur L0 = L/N , puis les paires sont connectées 2
à 2 entre-elles. On obtient au final une paire intriquée sur une distance L en un temps
exponentiellement long. (b) Même principe de répéteurs quantiques, sauf que les paires
intriquées intermédiaires sont stockées dans des mémoires quantiques. Le temps total
pour obtenir de l’intrication sur une distance L augmente dans ce cas polynomialement
avec L.

longueur L0 de la distance L sur laquelle on souhaite échanger des paires de faisceaux
intriqués. Cette longueur L0 est choisie suffisamment petite (une centaine de kilomètres
ou moins) afin que la distribution d’une paire intriquée sur cette distance soit réalisable
sans trop de pertes. Il existe alors des protocoles permettant de produire N paires in-
triquées sur ces distances L0 puis d’échanger l’intrication entre deux paires adjacentes
(“entanglement swapping”) pour au final d’obtenir une paire intriquée sur une distance
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L aussi grande que l’on souhaite (figure 1 (a)). Cependant, avec les protocoles actuels
de distribution d’intrication et de connexion de paires intriquées, au moins l’une des
étapes du processus est probabiliste, ce qui conduit à un temps total de distribution de
l’intrication qui augmente exponentiellement avec la distance L car toutes les étapes
doivent se produire simultanément pour que la distribution réussisse. La solution pour
contourner ce problème réside en l’utilisation de mémoires quantiques permettant une
réalisation asynchrone des différentes étapes du processus [Duan et al., 2001]. L’idée
est de stocker dans de telles mémoires les paires intriquées sur une distance L0 au fur
et à mesure de leur production (figure 1 (b)). Une fois toutes les paires produites et
stockées, on ne relit que les mémoires nécessaires pour réaliser l’étape suivante du pro-
cessus. Si une étape intermédiaire échoue, il suffit de recommencer uniquement cette
étape sans avoir à recommencer tout le processus du début. On obtient au final une
paire intriquée sur la distance L et le temps total nécessaire pour y parvenir augmente
cette fois-ci polynomialement avec L, ce qui rend le dispositif physiquement réalisable.

La distribution d’intrication peut se généraliser à tout un ensemble de nœuds pos-
sédant chacun plusieurs mémoires quantiques et connectés aux autres nœuds par des
canaux de communication quantiques. On obtient alors un réseau “internet quantique”
[Kimble, 2008], analogue quantique de l’internet classique, mais possédant des capacités
de calculs et de communication bien plus grandes. Avec un tel réseau, l’implémentation
de n’importe quel protocole de communication quantique devient possible entre deux
points quelconques du réseau. Ces protocoles ont dans un premier temps surtout été
développés en régime de variables discrètes (petit nombre de photons détectés avec
des compteurs de photons, codage de l’information avec la polarisation des photons,
etc.) mais ce sont rapidement étendus au régime des variables continues (codage de
l’information sur les quadratures d’un champ lumineux, mesures à l’aide de détections
homodynes, etc.).

Le domaine des variables continues a connu un très grand engouement au cours des
vingt dernières années, notamment depuis les premières productions d’états comprimés
au milieu des années 80 [Slusher et al., 1985], [Shelby et al., 1986], [Wu et al., 1986],
[Slusher et al., 1987], de faisceaux jumeaux [Heidmann et al., 1987], de faisceaux EPR
[Ou et al., 1992] et la première expérience de téléportation [Furusawa et al., 1998]. Ré-
cemment, le protocole de distribution de clés quantiques a été testé avec succès en
régime de variables continues [Grosshans et al., 2003], [Lance et al., 2005].

Actuellement, un grand nombre d’expériences visant à la création d’un réseau de
communication quantique utilisent le régime des variables continues. Si la généra-
tion d’états intriqués dans ce régime est aujourd’hui bien mâıtrisée, il n’en est pas
de même en ce qui concerne les mémoires quantiques. Parmi les processus les plus
prometteurs pour réaliser de telles interfaces lumière-matière, la transparence induite
électromagnétiquement (EIT) a été particulièrement étudiée [Harris, 1997]. De nom-
breux travaux théoriques ont permis de montrer qu’il est possible d’utiliser l’EIT
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pour ralentir un faisceau lumineux dans un milieu atomique et transférer l’informa-
tion quantique contenue dans le faisceau vers cet ensemble d’atomes, puis de resti-
tuer à la demande l’information sous forme lumineuse, l’ensemble du dispositif réa-
lisant ainsi une mémoire quantique [Lukin et al., 2000], [Fleischhauer et Lukin, 2000],
[Dantan et Pinard, 2004], [Dantan et al., 2006].

La transparence induite électromagnétiquement a été utilisée il y a une dizaine d’an-
nées pour réaliser les premières expériences de lumière ralentie [Hau et al., 1999], puis
de lumière arrêtée [Liu et al., 2001], [Phillips et al., 2001]. Depuis lors, de nombreux
travaux expérimentaux ont été conduits afin de réaliser des mémoires permettant de
stocker et restituer l’état quantique d’un champ. Parmi les avancées les plus remar-
quables, on peut citer la réalisation d’interfaces quantiques pour stocker et restituer
des photons uniques [Eisaman et al., 2005], [Chanelière et al., 2005]. En régime de va-
riables continues, la première mémoire quantique a été réalisée en utilisant un schéma
d’interaction quantique non destructif (QND) [Julsgaard et al., 2004a] mais, bien que
permettant d’enregistrer deux quadratures du champ qui ne commutent pas, ce pro-
cédé ne permet de relire qu’une seule des quadratures stockées. Récemment, une équipe
canadienne et une équipe japonaise ont réalisé une interface quantique s’appuyant sur
le phénomène d’EIT et ont montré qu’il était possible de stocker et restituer des états
de vide comprimé [Appel et al., 2008], [Honda et al., 2008], [Arikawa et al., 2009].

C’est dans ce contexte que l’équipe d’optique quantique du laboratoire Kastler Bros-
sel a entrepris la réalisation expérimentale d’une mémoire quantique par EIT dans des
atomes de césium ainsi que d’un oscillateur paramétrique optique permettant d’obtenir
un état comprimé à la longueur d’onde de la raie D2 du césium. Ces travaux s’appuient
sur les études théoriques concernant les fluctuations atomiques, les fluctuations des
champs électromagnétiques et leur transfert par interaction lumière-matière réalisées au
cours des thèses de Laurent Vernac [Vernac, 2001] et Aurélien Dantan [Dantan, 2005].
Ils s’appuient aussi sur les nombreuses expériences d’optique quantique et d’interaction
avec des atomes froids de césium réalisées depuis 1992 par Laurent Hilico [Hilico, 1992],
Astrid Lambrecht [Lambrecht, 1995], Thomas Coudreau [Coudreau, 1997] et Vincent
Josse [Josse, 2003]. Les travaux présentés dans ce manuscrit concernant la réalisation
du dispositif de mémoire atomique ainsi que sa caractérisation ont débuté au cours
de la thèse de Jean Cviklinski [Cviklinski, 2008] et se sont poursuivis au cours de la
présente thèse.
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Plan de la thèse

La première partie est consacrée au rappel des outils théoriques et expérimentaux de
l’optique quantique communs à toutes les expériences en régime de variables continues.

Nous nous intéressons dans une deuxième partie à la génération d’un état comprimé
du champ résonant avec la raie D2 du césium à 852 nm. Dans un premier chapitre
théorique nous rappelons comment il est possible d’obtenir un état comprimé du vide
en utilisant un oscillateur paramétrique optique (OPO) fonctionnant sous son seuil
d’oscillation et pompé par un faisceau provenant d’un doubleur de fréquence. Dans
le chapitre suivant, nous présentons les performances expérimentales obtenues avec
le doubleur de fréquence, ainsi que les taux de compression que nous avons réussi à
atteindre avec l’OPO. Dans ce chapitre, un algorithme de tomographie quantique est
décrit et il a été utilisé afin de caractériser l’état du faisceau sortant de l’OPO. Dans le
chapitre 5, nous étudions la possibilité d’obtenir des faisceaux intriqués à partir de cette
source de vide comprimé. Deux dispositifs ont été comparés dans ce but, à savoir une
lame semi-réfléchissante et une cavité de filtrage de type Fabry-Pérot. L’influence sur
ces faisceaux d’ensembles atomiques dans lesquels des fenêtres de transparence induite
électromagnétiquement (EIT) ont été créées est aussi prise en compte.

La troisième et dernière partie est consacrée à l’étude d’une mémoire quantique
par EIT dans une vapeur de césium, en utilisant la raie D2. Dans le chapitre 6 nous
présentons le montage expérimental permettant de réaliser une telle mémoire, puis ses
performances vis-à-vis du stockage et de la restitution d’un état cohérent du champ. Ces
performances ont été évaluées en termes de fidélité et aussi en utilisant le diagramme
T/V. Enfin, nous étudions dans le dernier chapitre le processus d’EIT sur la raie D2

d’une vapeur de césium, à la fois expérimentalement et théoriquement. Une simulation
numérique prenant en compte l’ensemble des niveaux excités hyperfins de cette raie est
proposée afin de rendre compte des observations expérimentales.
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Partie I

Outils théoriques et expérimentaux





CHAPITRE 1

Eléments théoriques

Sommaire
A Fluctuations du champ électromagnétique . . . . . . . . . 10

A.1 Champ libre monomode . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 10
A.2 Champ libre multimode . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 12

B Etats quantiques du champ . . . . . . . . . . . . . . . . . . 16
B.1 Vecteur d’état dans la base de Fock . . . . . . . . . . . . . . 16
B.2 Matrice densité . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 17
B.3 Fonction de Wigner . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 18
B.4 Quelques exemples d’états quantiques . . . . . . . . . . . . . 21

C Corrélations quantiques entre deux modes du champ . . . 27
C.1 Corrélations entre une quadrature de chaque mode . . . . . . 28
C.2 Corrélations entre deux quadratures des deux modes . . . . . 29
C.3 Corrélations avec des faisceaux comprimés . . . . . . . . . . . 30

D Fluctuations du spin collectif d’un ensemble atomique et
interaction atomes-champs . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 33

D.1 Opérateurs collectifs de spin . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 33
D.2 Etats cohérents et états comprimés de spin . . . . . . . . . . 34
D.3 Interaction atomes-champs pour un système à 3 niveaux . . . 36

Nous rappelons dans ce chapitre les notions théoriques utiles tout au long de ce ma-
nuscrit concernant le champ électromagnétique, sa quantification, l’aspect monomode
et multimode des champs. Nous nous intéresserons aussi à la description des états
quantiques du champ en termes de vecteur d’état, de matrice densité et de fonction de
Wigner. Dans la section C nous traiterons assez rapidement des notions de corrélations
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quantiques dans des systèmes bimodes qui seront utiles au chapitre 5 pour caracté-
riser les corrélations existant entre les bandes latérales d’un champ comprimé. Enfin
dans une dernière partie, nous présenterons un schéma d’interaction atomes-champs à
troix niveaux atomiques, appelé schéma en Λ, et nous donnerons les équations régissant
l’évolution des quadratures des champs et des variables atomiques.

A Fluctuations du champ électromagnétique

A.1 Champ libre monomode

A.1.1 Description classique

Considérons un mode du champ électromagnétique à la fréquence ω, c’est-à-dire une
onde plane possédant une direction de propagation fixée et polarisée selon le vecteur ~ε.
Classiquement, la partie temporelle de ce champ peut s’écrire ~E(t) = E(t)~ε avec

E(t) = |E| cos(ωt− ϕ) = X cos(ωt) + Y sin(ωt) (1.1)

où |E| est l’amplitude de l’onde et ϕ sa phase. X et Y sont appelées les quadratures du
champ et valent respectivement |E| cos(ϕ) et |E| sin(ϕ). On représente habituellement
ces quadratures comme deux coordonnées cartésiennes dans le repère de Fresnel (figure
1.1).

Y

X

j

|E|

Fig. 1.1 – Représentation classique des quadratures X et Y d’un champ électromagné-
tique monomode dans le repère de Fresnel.

A.1.2 Quantification du champ

Une fois quantifié, le champ électromagnétique monomode devient une observable
qui s’écrit

Ê(t) = E(âωe−iωt + â†ωeiωt) = E(X̂ cos(ωt) + Ŷ sin(ωt)) (1.2)
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où E est le champ électrique d’un photon à la fréquence ω, défini par

E =

√
~ω

2ε0V
(1.3)

V étant un volume fini à l’extérieur duquel le champ électromagnétique s’annule1. X̂ et
Ŷ sont alors dits opérateurs de quadrature du champ électromagnétique et sont définis
d’après (1.2) par

X̂ = â†ω + âω et Ŷ = i(â†ω − âω) (1.4)

â†ω et âω sont respectivement les opérateurs de création et d’annihilation d’un photon
à la fréquence ω. Ils obéissent à la relation de commutation

[âω, â†ω] = 1 (1.5)

A.1.3 Fluctuations quantiques

A partir de (1.4) et (1.5), on déduit les relations de commutation pour les quadra-
tures [

X̂, Ŷ
]

= 2i (1.6)

Cette non commutativité des deux quadratures implique une relation de type Hei-
senberg pour les variances de ces quadratures, variances définies par les relations
(∆X̂)2 = 〈X̂2〉 − 〈X̂〉2 et (∆Ŷ )2 = 〈Ŷ 2〉 − 〈Ŷ 〉2. L’inégalité de Heisenberg s’écrit

(∆X̂)2(∆Ŷ )2 ≥ 1 (1.7)

(∆X̂)2 et (∆Ŷ )2 représentent la dispersion des mesures des opérateurs X̂ et Ŷ . Cette
inégalité traduit le fait qu’on ne peut pas mesurer avec une précision infinie à la fois
la quadrature X̂ et la quadrature Ŷ , contrairement à la représentation classique. Il est
usuel de représenter cette incertitude dans le repère de Fresnel en associant une aire de
fluctuations autour de la pointe de la flèche du vecteur champ classique (figure 1.2).

La définition des quadratures, que ce soit dans une description classique ou quan-
tique, est arbitraire à une rotation près, la phase du champ à l’origine étant arbitraire.
Il est donc intéressant de définir plus généralement les quadratures X̂θ et Ŷθ tournées
d’un angle θ par rapport aux quadratures X̂ et Ŷ définies par (1.4) :

X̂θ = â†ωeiθ + âωe−iθ et Ŷθ = i(â†ωeiθ − âωe−iθ) (1.8)

1 Avec ce choix pour E , âω est sans dimension.
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Y

X
DX

D
Y

(a) Y

X

DX

D
Y

(b)

Fig. 1.2 – (a) Exemple de distribution statistique pour plusieurs mesures des quadratures
X̂ et Ŷ . (b) Représentation schématique d’un état quantique avec son aire de fluctuations.

A.1.4 Décomposition en valeur moyenne et fluctuations

Lorsqu’on étudie la dynamique des champs, il est usuel de procéder à la linéarisation
des équations d’évolution autour des valeurs moyennes [Fabre, 1990]. Pour faire cette
linéarisation, nous décomposons l’opérateur champ Ê sous la forme :

Ê = 〈Ê〉+ δÊ (1.9)

où 〈Ê〉 est la valeur stationnaire du champ et δÊ l’opérateur des petites fluctuations.
Cette écriture est valable aussi pour les opérateurs de création, annihilation et pour les
observables construites à partir de ces opérateurs, comme par exemple les quadratures.
Elle est valable aussi bien pour le cas monomode que nous venons de voir que pour le
cas multimode que nous allons voir à la section suivante.

A partir de la définition (1.9) on obtient immédiatement

〈δÊ〉 = 0 et (∆Ê)2 = (∆δÊ)2 = 〈(δÊ)2〉 (1.10)

Il est particulièrement intéressant de calculer les fluctuations dans le cas de l’opérateur
nombre N̂ = â†â

δN̂ = δ(â†â) ≈ 〈â〉δâ† + 〈â†〉δâ = AδX̂ϕ (1.11)

où 〈â〉 = Aeiϕ, l’angle ϕ étant la phase“classique”du champ. Les fluctuations d’intensité
sont donc proportionnelles aux fluctuations de la quadrature X̂ϕ.

A.2 Champ libre multimode

Dans de nombreux cas, la description monomode est suffisante pour décrire les
phénomènes physiques mis en jeu dans des expériences utilisant des lasers continus.
Cependant, d’un point de vue spatial un faisceau laser réel est gaussien, et une décom-
position en modes transverses est alors nécessaire pour bien le décrire. De plus, sur le
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plan temporel, une onde n’est jamais parfaitement monochromatique. Il est donc né-
cessaire de prendre en compte toutes les fréquences pouvant intervenir dans la mesure
d’un champ et de ses fluctuations, ce qui représente a priori une superposition infinie
de modes temporels, les modes vides présentant des fluctuations non nulles d’après
l’inégalité de Heisenberg. Nous ne présenterons pas ici les détails de cette modélisa-
tion multimode ni le processus de quantification, nous nous contenterons d’en rappeler
les résultats. Pour plus de détails, voir par exemple [Cohen-Tannoudji et al., 1987],
[Treps, 2001].

A.2.1 Description classique

Une description rigoureuse du champ électrique complexe2 dans le vide prenant en
compte sa structure transverse conduit à l’expression suivante3

~E(+)(~r, t) =
∑

l=1,2

∫
V d3k

(2π)3
El,~k(ω)e−iωtei~k.~r~εl,~k (1.12)

avec ~ε1,~k et ~ε2,~k deux vecteurs polarisation orthogonaux et transverses. Cette expression
traduit simplement la décomposition du champ sur une base d’ondes planes.

A.2.2 Quantification du champ

Le processus de quantification conduit à remplacer les champs El,~k(ω) et (El,~k(ω))∗

respectivement par les opérateurs

Êl,~k = E~kâl,~k et Ê†
l,~k

= E~kâ
†
l,~k

(1.13)

avec E~k =
√

~ω~k

2ε0V
le champ électrique pour un photon ayant un vecteur d’onde ~k. âl,~k

et â†
l,~k

sont respectivement les opérateurs d’annihilation et de création d’un photon de

polarisation l et de vecteur d’onde ~k, ayant pour relation de commutation
[
âl,~k, â

†
l′,~k′

]
= (2π)3δl,l′δ

(
~k − ~k′

)
(1.14)

On obtient alors l’opérateur champ complexe

~̂E(+)(~r, t) =
∑

l=1,2

∫
V d3k

(2π)3
E~kâl,~ke

−iωtei~k.~r~εl,~k (1.15)

2 Le champ complexe ou champ analytique ~E(+)(~r, t) ne comporte que les composantes spectrales
positives du champ réel ~E(~r, t). On a donc la relation ~E(~r, t) = ~E(+)(~r, t) + ~E(−)(~r, t) où ~E(−)(~r, t) =
( ~E(+)(~r, t))∗

3 On choisit pour tout ce manuscrit la convention suivante pour la transformée de Fourier et sa
transformée inverse : f(ω) =

∫∞
−∞ eiωtf(t)dt et f(t) = 1

2π

∫∞
−∞ e−iωtf(ω)dω
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A.2.3 Simplification

L’expression de la structure transverse du champ est complexe à mettre en œuvre
et n’est pas nécessaire pour décrire nos expériences. C’est pourquoi nous allons consi-
dérer une onde se propageant dans une direction fixée, avec un vecteur polarisation ~ε
fixé. On appelle S l’extension spatiale transverse de cette onde et on suppose que le
champ est constant sur cette section. De plus, nous ne mesurons le champ que sur une
bande de fréquences de largeur ∆Ω très petite devant une fréquence centrale ωL

4. Ex-
périmentalement, ωL sera la fréquence centrale, ou fréquence de la porteuse, d’un laser
monomode. Avec ces conditions, la partie temporelle de l’opérateur champ complexe
devient [Fabre, 1997]

Ê(+)(t) =

∫ ωL+∆Ω/2

ωL−∆Ω/2

dω

2π
Ẽωâωe−iωt (1.16)

avec5

Ẽω =

√
~ω

2ε0Sc
et [âω, â†ω′ ] = 2πδ(ω − ω′) (1.17)

En utilisant la condition ∆Ω ¿ ωL le champ complexe devient

Ê(+)(t) = ẼωL

∫ ∆Ω/2

−∆Ω/2

dΩ

2π
âωL+Ωe−iΩte−iωLt (1.18)

On définit alors un nouvel opérateur Â(t) par

Â(t) =

∫ ∆Ω/2

−∆Ω/2

dΩ

2π
âωL+Ωe−iΩt (1.19)

On peut finalement exprimer l’opérateur champ électrique réel sous la forme

Ê(t) = ẼωL

(
Â(t)e−iωLt + Â†(t)eiωLt

)
(1.20)

Sous cette forme on voit que Â(t) est l’enveloppe lentement variable du champ Ê(t).
On définit les opérateurs de quadrature X̂(t) et Ŷ (t) d’une façon analogue à (1.4)

X̂(t) = Â†(t) + Â(t) et Ŷ (t) = i(Â†(t)− Â(t)) (1.21)

4 Expérimentalement, dans tous les cas traités dans ce manuscrit, les systèmes de mesure et d’ana-
lyse mis en jeu ont des bandes passantes inférieures au GHz pour une fréquence centrale ωL corres-
pondant à des longueurs d’onde optiques, c’est-à-dire plusieurs centaines de THz. L’approximation
∆Ω ¿ ωL est donc totalement justifiée.

5 Avec cette définition Ẽω a pour unité des V.m−1.
√

Hz
−1

, Â(t) des
√

Hz, âω des 1/
√

Hz et la
densité spectrale de bruit S(Ω) sera sans unité.
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la seule différence avec le cas monomode étant que Â(t) et Â†(t) sont maintenant
des superpositions d’opérateurs d’annihilation et de création. On peut aussi définir les
quadratures d’angle θ par

X̂θ(t) = Â†(t)eiθ + Â(t)e−iθ et Ŷθ(t) = i(Â†(t)eiθ − Â(t)e−iθ) (1.22)

Le champ s’écrit finalement sous la forme

Ê(t) = ẼωL
(X̂(t) cos (ωLt) + Ŷ (t) sin (ωLt)) (1.23)

On retrouve l’expression (1.2) à ceci près que maintenant les quadratures du champ
dépendent du temps.

A.2.4 Fluctuations quantiques et densité spectrale de bruit

Comme dans le cas monomode, nous allons nous intéresser aux fluctuations des
quadratures X̂(t) et Ŷ (t). Calculons d’abord la relation de commutation entre Â(t) et
Â†(t). On trouve [

Â(t), Â†(t′)
]

=

∫ ∆Ω/2

−∆Ω/2

e−iΩ(t−t′)dΩ

2π
(1.24)

En pratique, on utilisera des fréquences d’analyses très petites devant ∆Ω, ce qui revient
à dire que 1

|t−t′| ¿ ∆Ω. L’intégrale ci-dessus donne alors le commutateur

[
Â(t), Â†(t′)

]
= δ(t− t′) (1.25)

L’approximation qu’on a faite revient à dire que l’on peut remplacer la fonction d’au-
tocorrélation du champ par une distribution de Dirac. Les équations (1.21) et (1.25)
impliquent [

X̂(t), Ŷ (t′)
]

= 2iδ(t− t′) (1.26)

En pratique, dans les systèmes qui nous intéressent dans ce manuscrit, il est plus
facile de travailler avec les composantes spectrales des champs qu’avec leur description
temporelle. C’est pourquoi nous définissons par transformée de Fourier

Â(Ω) =

∫ ∞

−∞
Â(t)eiΩtdt et Â†(Ω) =

∫ ∞

−∞
Â†(t)eiΩtdt (1.27)

avec des définitions similaires pour X̂(Ω) et Ŷ (Ω). On a alors

X̂(Ω) = Â†(Ω) + Â(Ω) et Ŷ (Ω) = i(Â†(Ω)− Â(Ω)) (1.28)

Il est important de noter que la relation entre les opérateurs champs Â(Ω) et Â†(Ω)
n’est pas une simple conjugaison hermitique. On a en effet

Â†(Ω) = (Â(−Ω))† (1.29)
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En utilisant les définitions et relations précédentes, on déduit les commutateurs
[
Â(Ω), Â†(Ω′)

]
= 2πδ(Ω + Ω′) et

[
X̂(Ω), Ŷ (Ω′)

]
= 4πi δ(Ω + Ω′) (1.30)

Cette non commutativité nous indique que l’on va pouvoir trouver une inégalité de type
Heisenberg comme c’était le cas pour le champ monomode. Tout d’abord, décomposons
les champs en valeurs moyennes et fluctuations6 comme indiqué à la section A.1.4

Â(Ω) = 〈Â(Ω)〉+ δÂ(Ω) (1.31)

Maintenant, définissons la densité spectrale de bruit SX̂θ
(Ω) pour la quadrature X̂θ par

〈δX̂θ(Ω)(δX̂θ(Ω
′))†〉 ≡ 2πSX̂θ

(Ω) δ(Ω− Ω′) (1.32)

En utilisant (1.29) on peut aussi écrire

〈δX̂θ(Ω)δX̂†
θ(Ω

′)〉 = 2πSX̂θ
(Ω) δ(Ω + Ω′) (1.33)

D’après la relation de commutation (1.30) on peut obtenir une inégalité de type Hei-
senberg pour ces densités spectrales de bruit [Fabre, 1997]

SX̂(Ω)SŶ (Ω) ≥ 1 (1.34)

Expérimentalement, on a accès à la densité spectrale de bruit à l’aide d’un analyseur de
spectre mesurant les fluctuations d’une quadrature X̂θ obtenue par mesure homodyne
d’un champ lumineux (section A.2 du chapitre 2).

B Etats quantiques du champ

Maintenant que nous disposons du champ électromagnétique quantifié, il nous faut
définir les états quantiques qui lui sont associés. Nous verrons dans cette section leur
description en termes de vecteur d’état dans la base de Fock, en termes de matrice
densité et en termes de fonction de Wigner. Suivant les situations expérimentales ren-
contrées, telle ou telle description sera privilégiée.

B.1 Vecteur d’état dans la base de Fock

On appelle état de Fock un état de la forme |n1n2...ni...nN〉 où ni ∈ N indique le
nombre de photons contenus dans le mode i. N est le nombre de modes possibles qui

6 Dans la plupart des expériences présentées dans ce manuscrit, seules les valeurs moyennes des
champs à la fréquence des lasers ωL seront non nulles : 〈Â(Ω)〉 = 0 si Ω 6= 0. Les fluctuations δÂ(Ω)
remplaceront donc le champ Â(Ω) à toutes les fréquences Ω 6= 0.
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est a priori infini, mais on se limite souvent à quelques modes, voire même à un seul
mode. L’ensemble des états de Fock {|n1n2...ni...nN〉, ni = 0, ...,∞} forment une base
orthonormée de l’espace de Hilbert H des états possibles du champ. Le vecteur d’état
le plus général que l’on puisse former sur cet espace s’écrit dans cette base sous la forme

|ψ〉 =
∞∑

n1=0

...

∞∑
ni=0

...

∞∑
nN=0

cn1...ni...nN
|n1...ni...nN〉 (1.35)

|ψ〉 est appelé un état pur. On verra un peu plus loin comment écrire le vecteur d’état
pour quelques cas particuliers que l’on rencontrera souvent expérimentalement.

Le vecteur d’état ne reflète cependant pas toutes les situations physiques possibles.
Il est en effet incapable de décrire le cas d’un mélange statistique d’états purs (état
mixte), ce mélange se produisant très souvent quand on ne mâıtrise pas les conditions
initiales d’une expérience. Il existe des moyens de décrire ces états mixtes, par exemple
à l’aide de la matrice densité.

B.2 Matrice densité

Tous les états quantiques (purs ou mixtes) peuvent être décrit à l’aide d’une ma-
trice densité ρ. Cette matrice, de dimension dim(H)*dim(H), possède les propriétés
suivantes :

• ρ† = ρ

• Tr(ρ)=1

• ρ est semi-définie positive

Si l’état du système est un mélange statistique des états purs {|ψj〉} avec les probabilités
{pj} telles que

∑
j pj = 1, alors la matrice densité s’écrit

ρ =
∑

j

pj |ψj〉 〈ψj| (1.36)

On définit la pureté d’un état comme P = Tr(ρ2) et un état est dit pur si et seulement si
P = 1. Pour un état non pur, on a P < 1. Si l’on écrit la matrice densité dans la base des
états de Fock, alors les éléments diagonaux sont positifs et représentent la probabilité
de mesurer ni photons dans le mode i. On parle de termes de populations. Les éléments
non-diagonaux représentent quant à eux les cohérences quantiques. La matrice densité
est donc particulièrement adaptée à une mesure du champ par comptage de photons.
Elle est par contre moins pratique pour décrire une mesure effectuée par détection
homodyne. On préfèrera dans ce cas utiliser la fonction de Wigner.
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B.3 Fonction de Wigner

La fonction de Wigner fut introduite en 1932 par E. Wigner [Wigner, 1932] afin d’ex-
primer la probabilité de mesurer une certaine valeur des observables pour un système
quantique donné. Considérons un système avec N modes décrits par les quadratures
X̂1, ..., X̂N , Ŷ1, ..., ŶN . L’idée était de construire une fonction W (x1, ...xN , y1, ..., yN) à
partir de la fonction d’onde ψ(x1, ...xN) qui, intégrée suivant les {yi} ou les {xi}, donne
les probabilités de mesurer respectivement (x1, ...xN) pour les quadratures (X̂1, ..., X̂N)
ou (y1, ...yN) pour les quadratures (Ŷ1, ..., ŶN). Cette fonction W est la fonction de Wi-
gner du système.

B.3.1 Expression générale

Restreignons-nous tout d’abord à un seul mode décrit par les quadratures X̂ et
Ŷ et notons W (x, y) la fonction de Wigner associée à un état quantique. D’après la
définition précédente, la probabilité de mesurer x pour la quadrature X̂ vaut

P (x) =

∫ ∞

−∞
dyW (x, y) (1.37)

Or on sait que si on intègre P (x) sur x, on obtient la probabilité de trouver le système
quantique dans tout l’espace qui vaut 1 pour un état normé. On en déduit donc la
relation ∫

dxdyW (x, y) = 1 (1.38)

P (x) est une distribution de probabilité et en possède toutes les caractéristiques, no-
tamment la positivité. Par contre W (x, y) n’est pas obligatoirement positive partout,
seule son intégrale selon une direction doit l’être. C’est pour cela qu’on l’appelle dis-
tribution de quasi-probabilité et elle peut prendre des valeurs négatives en certains
points. Cependant, tous les états que nous verrons dans ce manuscrit seront des états
gaussiens, c’est-à-dire qu’ils possèdent une fonction de Wigner gaussienne (vide, états
cohérents, états comprimés, états thermiques). Dans ce cas, la fonction de Wigner est
nécessairement positive partout. Mais il existe des états pour lesquels la fonction de
Wigner est négative en certains points, ces états étant alors nécessairement non gaus-
siens. C’est le cas par exemple pour les photons uniques, les chats de Schrödinger,
etc. De tels états possédant une fonction de Wigner négative ont déjà été mis en évi-
dence expérimentalement [Ourjoumtsev et al., 2006], [Neergaard-Nielsen et al., 2006],
[Wakui et al., 2007].

On souhaite exprimer la fonction de Wigner à partir de la matrice densité ρ du sys-
tème. Notons â et â† les opérateurs d’annihilation et de création associés aux quadra-
tures X̂ et Ŷ . On peut montrer que l’on a [Cahill et Glauber, 1969, Hillery et al., 1984]

W (x, y) =
1

4π2

∫
dudv Tr

(
ρ ei(uX̂−vŶ )

)
e−i(ux−vy) (1.39)
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que l’on peut réexprimer sous une forme très utile faisant intervenir â et â†7

W (x, y) =
1

4π2

∫
dudv Tr

(
ρ e(iu+v)â†e(iu−v)â

)
e−i(ux−vy)e−

1
2
(u2+v2) (1.40)

On peut étendre sans difficulté la relation (1.39) à N modes

W (x1, y1, ..., xN , yN) =
1

(4π2)N

∫
du1dv1...duNdvN Tr

(
ρ ei

∑
l(ulX̂l−vlŶl)

)
e−i

∑
l(ulxl−vlyl)

(1.41)
La relation précédente donne la fonction de Wigner pour un état quantique de matrice
densité ρ. Elle peut cependant être étendue à un opérateur hermitien Â quelconque

WÂ(R) =
1

(4π2)N

∫
du1dv1...duNdvN Tr

(
Â ei

∑
l(ulX̂l−vlŶl)

)
e−i

∑
l(ulxl−vlyl) (1.42)

avec R = x1, y1, ..., xN , yN .

B.3.2 Propriétés

La plupart des grandeurs caractéristiques d’un état peuvent être obtenues à partir
de la fonction de Wigner en utilisant la relation suivante qui dit que l’on peut exprimer
la trace sur des opérateurs à partir des fonctions de Wigner associées [Fabre, 2007]

Tr(ÂB̂) = (4π)N

∫
dR WÂ(R)WB̂(R) (1.43)

On en déduit alors toutes les propriétés utiles pour un état de matrice densité ρ :

– Valeur moyenne de l’observable Â : 〈Â〉 = Tr(ρÂ) = (4π)N
∫

dR W (R)WÂ(R)

– Recouvrement de 2 états : |〈ψ1|ψ2〉|2 = Tr(ρ1ρ2) = (4π)N
∫

dR W1(R)W2(R)

– Pureté d’un état : P = Tr(ρ2) = (4π)N
∫

dR (W (R))2

– Valeur moyenne de X̂i (expression similaire pour Ŷi) : 〈X̂i〉 =
∫

dR xiW (R)

– Valeur moyenne de X̂i
2

(expression similaire pour Ŷi
2
) : 〈X̂i

2〉 =
∫

dR x2
i W (R)

7 Pour ces calculs, il est très utile d’utiliser la formule de Baker-Campbell-Hausdorff qui exprime
pour deux matrices A et B, la matrice eA+B en fonction de eA, eB et des exponentielles des itérations
de commutateurs [A,B]. Dans le cas où [A,B] commute avec A et B cette formule s’écrit

eA+B = eAeBe−
1
2 [A,B]
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Ces deux dernières propriétés seront très pratiques pour calculer les valeurs moyennes
et les variances des quadratures pour des états dont on connâıt la fonction de Wigner.
Ce ne sont que deux cas particuliers d’une propriété plus générale : la valeur moyenne
d’un produit symétrique de quadratures {X̂i, Ŷi} peut s’exprimer comme l’intégrale de
la fonction de Wigner multipliée par le produit des valeurs réelles {xi, yi} correspondant
à ces quadratures [Hillery et al., 1984].

B.3.3 Relation avec la représentation de Fresnel

On peut se demander s’il existe, pour un état donné, un lien entre la fonction de
Wigner que l’on vient de voir et la description d’un état dans le repère de Fresnel avec
une aire de fluctuations. La réponse est oui, tout du moins dans le cas d’états gaussiens
qui sont ceux que nous étudierons. La représentation de Fresnel est une section de la
fonction de Wigner par un plan z = cte (figure 1.3). En effet, l’aire des fluctuations dans

P(yq)P(xq)

DY
q

DXq

Y

X

DY
q

D
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q

Yq

Xq

Z

ZXqYq

W(xq ),yq

Fig. 1.3 – Exemple de la correspondance entre la fonction de Wigner (gauche) et le
diagramme de Fresnel (droite) pour un état comprimé selon l’axe Xθ (et pour des états
gaussiens en général). La projection de la fonction de Wigner selon les axes Xθ et Yθ

donne respectivement les distributions de probabilités P (yθ) et P (xθ), similaires à celles
dessinées figure 1.2 (a). La section de la fonction de Wigner à une certaine hauteur donne
l’ellipse des fluctuations dans le diagramme de Fresnel, ellipse dont les longueurs des axes
donnent les écarts-types des variables Xθ et Yθ. La position du point correspondant au
maximum de la fonction de Wigner donne la valeur moyenne des quadratures dans le
repère de Fresnel.

la représentation de Fresnel est telle que sa largeur dans une direction Xθ nous donne
l’écart type ∆Xθ de la quadrature X̂θ. On note P (xθ) la distribution de probabilité
associée à X̂θ. ∆Xθ n’est autre que l’écart type de la distribution P (xθ) qui est elle-
même la projection de la fonction de Wigner selon l’axe Yθ d’après (1.37). La section
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de la fonction de Wigner à une certaine hauteur8 nous donne donc, une fois projetée
selon l’axe Yθ, la largeur ∆Xθ recherchée. On a alors, une fois la fonction de Wigner
reconstruite, une mesure graphique des variances de toutes les quadratures du champ.

B.4 Quelques exemples d’états quantiques

Nous allons maintenant décrire sous les différentes formes que nous venons de voir
(vecteur d’état, matrice densité et fonction de Wigner) les 3 types d’états quantiques
que nous rencontrerons expérimentalement dans la suite de ce manuscrit, à savoir les
états cohérents, les états comprimés et les états thermiques. Nous nous restreindrons
souvent à une étude pour un mode du champ, de quadratures X̂ et Ŷ , mais les résultats
de cette section sont encore valables pour le cas multimode au sens où nous l’avons
défini à la section A.2.

B.4.1 Etats cohérents

Un état cohérent |α〉 est par définition un état propre de l’opérateur d’annihilation
âω de valeur propre α. Pour α = 0, cet état est le vide cohérent, état fondamental du
champ. Pour α 6= 0, on parle d’un état cohérent d’amplitude non nulle. Le faisceau
d’un laser monomode fonctionnant très au-dessus de son seuil est un exemple d’un tel
état cohérent. La caractéristique commune de ces états est d’être minimaux au sens de
l’inégalité de Heisenberg (1.7) et isotropes, c’est-à-dire

(∆X̂θ)
2 = 1 ∀θ (1.44)

Ces états définissent une référence pour les fluctuations quantiques du champ, appelée
limite quantique standard ou bruit de grenaille9 (“shot noise” en anglais). Il est très
pratique de les représenter dans le repère de Fresnel en matérialisant les fluctuations
isotropes des quadratures par un disque d’incertitude, comme on peut le voir sur la
figure 1.4.

Dans le cas multimode on a, pour une fréquence d’analyse Ω, de façon très similaire
à (1.44)

SX̂θ
(Ω) = 1 ∀θ (1.45)

Une densité spectrale de bruit égale à l’unité définit donc la limite quantique standard
dans le cas multimode.

8 Avec les conventions que nous avons choisies pour X̂ et Ŷ , cette hauteur vaut précisément
Wmax e−

1
8 dans notre cas.

9 Le terme bruit de grenaille provient de la description corpusculaire de la lumière. Pour un état
cohérent, les photons sont émis dans le temps de façon arbitraire en suivant une loi de Poisson. Un
photodétecteur va donc recevoir ces photons de façon arbitraire, comme la pluie sur un parapluie, d’où
le terme de bruit de grenaille.
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Fig. 1.4 – (a) Représentation d’un état vide dans le repère de Fresnel. (b) Représentation
d’un état cohérent d’amplitude non nulle.

En utilisant la définition d’un état cohérent à partir de l’opérateur d’annihilation
âω, on peut montrer [Glauber, 1963a] qu’il s’écrit dans la base des états de Fock comme

|α〉 = e−
|α|2
2

∞∑
n=0

αn

√
n!
|n〉 (1.46)

La matrice densité de cet état vaut

ρC = e−|α|
2

∞∑
n,m=0

αn(α∗)m

√
n!m!

|n〉 〈m| (1.47)

En utilisant l’équation (1.40) avec cette matrice densité on obtient la fonction de Wigner
d’un tel état

W (x, y) =
1

2π
e−

(x−2 Re(α))2+(y−2 Im(α))2

2 (1.48)

Nous en déduisons comme attendu

〈X̂〉 = 2Re(α), 〈Ŷ 〉 = 2 Im(α) et (∆X̂θ)
2 = (∆Ŷθ)

2 = 1 ∀θ (1.49)

De plus, la probabilité de mesurer n photons dans cet état vaut

pC(n) = |〈n|α〉|2 =
|α|2n

n!
e−|α|

2

(1.50)

où l’on retrouve la distribution de photons poissonienne mentionnée précédemment.
Dans le cas particulier du vide, l’état s’écrit simplement |0〉 en base de Fock. En

utilisant l’équation (1.48), on obtient sa fonction de Wigner

W (x, y) =
1

2π
e−

x2+y2

2 (1.51)
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B.4.2 Etats comprimés minimaux

Un état comprimé minimal selon la direction θ, d’amplitude α, noté |α, r, θ〉 (avec
α ∈ C et r, θ ∈ R), est par définition un état propre de l’opérateur

Âr,θ = ch(r)eiθ â + sh(r)e−iθ â† (1.52)

avec la valeur propre α. r est appelé le paramètre de compression. Pour α = 0 on parle
de vide comprimé.

Pour ces états, il existe une quadrature X̂θ du champ possèdant une variance infé-
rieure à la limite quantique standard, la quadrature conjuguée devant avoir une variance
supérieure à cette limite pour satisfaire l’inégalité de Heisenberg

(∆X̂θ)
2 < 1 et (∆Ŷθ)

2 > 1 (1.53)

La figure 1.5 donne des exemples de fluctuations quantiques dans le repère de Fresnel
pour des états de ce type. Si l’égalité est vérifiée dans l’inégalité de Heisenberg

(∆X̂θ)
2(∆Ŷθ)

2 = 1 ∀θ (1.54)

on parle d’état minimal. Dans le cas contraire on parle d’état non minimal. Pour un
état minimal comprimé selon la quadrature X̂θ, la quadrature conjuguée Ŷθ présente
un excès de bruit, mais cet excès est le minimum que l’on puisse obtenir. On comprend
alors que ces états minimaux soient très intéressants expérimentalement mais difficiles à
produire, les processus physiques conduisant à des états comprimés se faisant rarement
sans ajout de bruit. Nous nous intéressons ici aux états comprimés minimaux et nous
décrirons un peu plus loin les états comprimés non minimaux.
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Fig. 1.5 – (a) Représentation d’un état de vide comprimé selon une quadrature quel-
conque. (b) Représentation d’un état d’amplitude non nulle comprimé en amplitude.

De façon analogue au cas monomode, un état comprimé multimode possède une
densité spectrale de bruit inférieure à la limite quantique standard pour une fréquence
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d’analyse Ω donnée et un certain angle θ

SX̂θ
(Ω) < 1 (1.55)

Notons qu’il est en pratique difficile d’obtenir de la compression de bruit sur de très
grandes bandes passantes (plusieurs dizaines de MHz) et encore plus difficile d’avoir
une réduction de bruit pour des “basses fréquences”, c’est-à-dire des fréquences proches
de quelques dizaines de kHz de la porteuse à ωL du laser utilisé, car à ces fréquences les
bruits techniques deviennent prépondérants, ce qui produit inévitablement de l’excès
de bruit.

Il est possible de calculer l’expression des états comprimés dans la base des états
de Fock, mais nous serons surtout intéressés par la probabilité de mesurer n photons
qui vaut, d’après [Bachor et Ralph, 2004], pour θ = 0

pS,α(n) =
1

2nn! ch(r)
(th(r))ne−α2(1+th(r))

∣∣∣∣∣Hn

(
α er

√
sh(2r)

)∣∣∣∣∣

2

(1.56)

où α est choisi réel et Hn désigne le polynôme d’Hermite d’ordre n.
La fonction de Wigner a quant à elle une forme plus simple que l’état exprimé dans

la base de Fock. En effet, il suffit de dire qu’un état comprimé est l’état gaussien minimal
le plus général. On trouve alors assez simplement la fonction de Wigner associée dans
le repère {X̂θ, Ŷθ} (cf. annexe A.1)

W (xθ, yθ) =
1

2π
e
−

(
(xθ−xθ)2

2s
+

s(yθ−yθ)2

2

)

(1.57)

avec s = e−2r. Les variances de X̂θ et Ŷθ sont identiques à celles du vide comprimé dont
l’étude est détaillée dans le paragraphe suivant.

Cas particulier du vide comprimé

Considérons maintenant le cas plus simple du vide comprimé minimal, c’est-à-dire
l’état propre de l’opérateur Âr,θ défini précédemment avec la valeur propre 0. L’expres-
sion d’un état de vide comprimé dans la base de Fock est calculée en annexe A.2 et le
résultat est le suivant

|0, r, θ〉 =
1√

ch(r)

∞∑
n=0

√(
2n
n

)
e−i2nθ

(
−th(r)

2

)n

|2n〉 (1.58)

La fonction de Wigner pour cet état dans le repère {X̂θ, Ŷθ} se déduit de (1.57) avec
xθ = yθ = 0 (état vide)

W (x, y) =
1

2π
e
−

(
x2

θ
2s

+s
y2
θ
2

)

(1.59)
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avec s = e−2r.
On a réduction de bruit de la quadrature X̂θ lorsque r > 0 (s < 1) et de la

quadrature Ŷθ lorsque r < 0 (s > 1). Ceci se voit en calculant les variances à l’aide de
la fonction de Wigner

(∆X̂θ)
2 = s = e−2r et (∆Ŷθ)

2 =
1

s
= e2r (1.60)

On peut faire deux remarques importantes concernant ces états. La première est qu’ils
sont constitués d’une superposition d’états nombre pairs uniquement, ce qui veut dire
que les processus donnant du vide comprimé produisent nécessairement les photons par
paires. Ceci n’est plus vrai pour un état comprimé d’amplitude non nulle. La seconde
est que bien qu’ils s’appellent états “vides” et que les valeurs moyennes des champs
sont effectivement nulles, ces états ne sont pas vides de photons. La valeur moyenne
du nombre de photons vaut (sh(r))2 pour du vide comprimé, valeur non nulle quand il
y a compression.

B.4.3 Etats thermiques

Un état thermique est un autre exemple d’état gaussien très rencontré en pratique
puisqu’il permet de décrire un état présentant un excès de bruit (au sens d’état non
minimal). C’est un cas particulier de superposition d’états cohérents. Il décrit un champ
en équilibre avec un réservoir à la température T . On peut simplement l’écrire comme
une superposition d’états nombres

ρT =
∞∑

n=0

pT (n) |n〉 〈n| (1.61)

où pT (n) est une probabilité suivant la distribution de Boltzmann

pT (n) = (1− e
− ~ω

kBT )e
− n~ω

kBT (1.62)

Si on calcule la valeur moyenne de l’opérateur nombre N̂ = a†a on trouve

nth ≡ 〈N̂〉 =
1

(e
~ω

kBT − 1)
(1.63)

On peut aussi exprimer la matrice densité comme une superposition d’états cohérents10

ρT =
1

π nth

∫
d2αe

− |α|2
nth |α〉 〈α| (1.64)

10 On utilise pour cela la décomposition des états nombres en états cohérents [Glauber, 1963a] :

|n〉 =
1
π

∫
d2α 〈α|n〉 |α〉 =

1
π

∫
d2αe−

|α|2
2

(α∗)n

√
n!

|α〉
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En utilisant (1.40) on déduit après quelques lignes de calculs la fonction de Wigner

W (x, y) =
1

2π(2nth + 1)
e
− x2+y2

2(2nth+1) (1.65)

On peut alors lire directement les variances

(∆X̂)2 = (∆Ŷ )2 = 2nth + 1 (1.66)

Il s’agit donc d’un état gaussien dont les fluctuations quantiques sont isotropes et
qui présente un excès de bruit de 2nth en variance par rapport à la limite quantique
standard qui vaut 1.

B.4.4 Etats de vide thermiques comprimés

Lorsqu’on cherche à produire des états de vide comprimé avec un oscillateur para-
métrique optique, ce qui est la méthode actuellement la plus employée (et c’est celle que
nous utiliserons au chapitre 4), l’état de sortie n’est en général pas un état minimal, il y
a souvent un excès de bruit. Or on a vu au paragraphe précédent qu’un état thermique
permettait de décrire un excès de bruit. L’idée est donc de combiner les notions d’état
thermique et d’état comprimé minimal pour décrire les états comprimés présentant de
l’excès de bruit.

L’état gaussien d’amplitude nulle le plus général qu’on puisse écrire prend la forme
(annexe A, relation A-4)

W (xθ, yθ) =
1

2πσ1σ2

e
−

(
x2

θ
2σ2

1
+

y2
θ

2σ2
2

)

(1.67)

avec σ1σ2 ≥ 1. Supposons que cet état soit comprimé selon la quadrature X̂θ avec un
excès de bruit, on a alors

(∆X̂θ)
2 = σ2

1 < 1, (∆Ŷθ)
2 = σ2

2 >
1

σ2
1

> 1 (1.68)

On peut toujours réécrire les variances sous la forme

(∆X̂θ)
2 = (2nth + 1)e−2r, (∆Ŷθ)

2 = (2nth + 1)e2r (1.69)

On appelle un tel état un état de vide thermique comprimé [Marian, 1992], nth étant le
nombre moyen de photons thermiques et r le paramètre de compression. La probabilité
de mesurer n photons peut se mettre sous la forme [D’Auria, 2005]

pST (n) =
Cn

An+ 1
2

Pn

(
B

C

)
(1.70)
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avec

A = (1 + nth)
2 + (2nth + 1) sh2(r)

B = nth(1 + nth)

C =
√

n2
th(1 + nth)2 − (2nth + 1)2 sh2(r) ch2(r)

où Pn est le polynôme de Legendre d’ordre n. Pour nth = 0 on retrouve la probabilité
d’avoir n photon pour du vide comprimé et pour r = 0 on retrouve la probabilité de
Boltzmann (1.62).

Cette expression ne fait finalement intervenir que deux paramètres indépendants :
r et nth. Nous l’utiliserons à la section D du chapitre 4 lorsque nous aurons reconstruit
la matrice densité d’un état comprimé par un algorithme de tomographie et que nous
chercherons à déterminer le taux de compression et l’excès de bruit associé à cet état.

C Corrélations quantiques entre deux modes du

champ

Nous nous intéressons dans cette section aux corrélations quantiques entre deux
modes du champ spatialement séparés, qui conduisent aux notions de gémellité, de me-
sure QND, d’inséparabilité et enfin au critère EPR. C’est la notion d’inséparabilité qui
nous sera la plus utile dans ce manuscrit. On l’utilisera pour caractériser les corrélations
existant entre les bandes latérales d’un état comprimé (chapitre 5). Ce chapitre n’a pas
pour but de présenter de façon exhaustive le domaine des corrélations quantiques vu
que ce thème ne sera utilisé que de façon marginale dans cette thèse. Seuls les résultats
importants seront présentés. Pour plus de détails à la fois théoriques et expérimentaux,
on pourra se référer notamment à l’article [Treps et Fabre, 2005] ainsi qu’aux thèses
suivantes du laboratoire [Laurat, 2004, Keller, 2008].

Nous considérons deux modes du champ spatialement séparés et repérés par les
indices 1 et 2. Nous étendrons quand cela sera utile les définitions au cas où les modes
1 et 2 sont des ensembles de modes comme défini dans la section A.2 (“cas multimode”).
C’est en effet ces définitions qui nous intéresseront en pratique. Toutes les variances
sont normalisées au bruit quantique standard, qui vaut 1 dans notre cas.
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C.1 Corrélations entre une quadrature de chaque mode

C.1.1 Corrélations au sens classique

On mesure simultanément la quadrature X̂1,θ pour le mode 1 et la quadrature X̂2,φ

pour le mode 2. La corrélation normalisée est définie dans ce cas par

C1,2(X̂1,θ, X̂2,φ) =
〈δX̂1,θδX̂2,φ〉√

(∆X̂1,θ)2(∆X̂2,φ)2

(1.71)

où l’on rappelle que δX̂i et (∆X̂i)
2 désignent respectivement les fluctuations et la

variance de la quadrature X̂ du mode spatial i. Les deux cas limites correspondent à
des corrélations parfaites (C1,2 = +1) ou à des anti-corrélations parfaites (C1,2 = −1).

La définition précédente ne donne pas encore un critère permettant d’identifier des
corrélations quantiques. On pourra s’en convaincre en calculant C1,2 pour un faisceau
très bruité séparé par une lame 50/50. On trouve une corrélation proche de 1 alors que
le faisceau est classique [Laurat, 2004].

C.1.2 Critère de gémellité

Pour enlever les fluctuations d’origine classique dans le cas où les faisceaux pré-
sentent des corrélations classiques, il suffit de faire la différence des quadratures11. On
peut alors définir la gémellité dans le cas où les deux quadratures X̂1,θ et X̂2,φ ont la
même valeur moyenne et la même variance par

G(X̂1,θ, X̂2,φ) =
(∆(X̂1,θ − X̂2,φ))2

2
=
〈(δX̂1,θ − δX̂2,φ)

2〉
2

(1.72)

Cette définition peut s’étendre aux spectres de bruit

G(X̂1,θ, X̂2,φ)(Ω) =
SX̂1,θ−X̂2,φ

(Ω)

2
(1.73)

On dit alors que les faisceaux sont jumeaux si et seulement si G < 1, ce qui correspond
à des corrélations quantiques entre ces deux faisceaux. De tels faisceaux jumeaux ont
été observés expérimentalement pour la première fois en 1987 [Heidmann et al., 1987]
et la plus petite valeur de gémellité atteinte jusqu’à présent est de 0,11 [Laurat, 2004].

C.1.3 Critère de corrélation QND

Une mesure quantique non-destructive (QND) permet d’avoir accès aux informa-
tions d’une observable sans la détruire. Pour cela, on utilise le critère de corrélation

11 Pour des faisceaux anti-corrélés il faut faire la somme des quadratures.
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QND que l’on définit pour deux quadratures X̂1,θ et X̂2,φ à partir de la variance condi-
tionnelle

Vc(X̂1,θ|X̂2,φ) = (∆X̂1,θ)
2 − 〈δX̂1,θδX̂2,φ〉2

(∆X̂2,φ)2
(1.74)

On a corrélation QND lorsque cette variance conditionnelle est inférieure à 1.

Comme pour la gémellité, il est intéressant de considérer le cas où les deux qua-
dratures ont même valeur moyenne et même variance. On peut alors montrer qu’on
a

Vc(X̂1,θ|X̂2,φ) = Vc(X̂2,φ|X̂1,θ) = 2 G(X̂1,θ, X̂2,φ)− (G(X̂1,θ, X̂2,φ))
2

(∆X̂2,φ)2
(1.75)

On notera que Vc < 1 implique G < 1, mais la réciproque n’est pas vraie. La relation
(1.75) nous dit que Vc < 2G. Une gémellité inférieure à 0,5 est donc une condition
suffisante (mais non nécessaire) pour que le critère QND Vc < 1 soit vérifié.

C.2 Corrélations entre deux quadratures des deux modes

On considère à partir de maintenant deux quadratures orthogonales X̂1,θ et Ŷ1,θ

pour le mode 1 et X̂2,φ et Ŷ2,φ pour le mode 2.

C.2.1 Critère d’inséparabilité

On rappelle qu’un état est dit séparable si et seulement si sa matrice densité peut
se mettre sous forme d’une superposition statistique d’états factorisables

ρ =
∑

i

piρi1 ⊗ ρi2 (1.76)

où ρi1 (ρi2) sont des matrices densités pour le mode 1 (resp. 2) et pi les probabilités
associées telles que

∑
i pi = 1. Un état est dit inséparable ou intriqué s’il ne peut pas

être mis sous cette forme.

Duan et al. [Duan et al., 2000] et Simon [Simon, 2000] ont défini ce qu’on appelle
la séparabilité par

I1,2 =
1

4
[(∆(X̂1,θ − X̂2,φ))

2 + (∆(Ŷ1,θ + Ŷ2,φ))
2] (1.77)

qui s’étend simplement au cas multimode

I1,2(Ω) =
1

4
(SX̂1,θ−X̂2,φ

(Ω) + SŶ1,θ+Ŷ2,φ
(Ω)) (1.78)
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Les états sont inséparables selon le critère de Duan et Simon si et seulement si I1,2 < 1.

Dans le cas où les quadratures X̂1,θ et X̂2,φ ont même valeur moyenne et même variance,

ainsi que Ŷ1,θ et Ŷ2,φ, on peut exprimer la séparabilité en terme de gémellité

I1,2 =
1

2
(G(X̂1,θ, X̂2,φ) + G(Ŷ1,θ, Ŷ2,φ)) (1.79)

la deuxième gémellité devant être calculée avec un signe positif dans (1.72 - 1.73). Le
critère de Duan et Simon impose par conséquent que l’une des gémellités soit inférieure
à 1, sans pour autant que les variables correspondantes vérifient le critère QND. Ce
critère est moins restrictif que le critère EPR que nous allons voir maintenant.

C.2.2 Critère EPR

Il s’agit de la généralisation pour deux quadratures orthogonales sur chaque mode
du critère QND vu précédemment. Il a été développé par Reid et Drummond dans le
cas des variables continues [Reid et Drummond, 1988, Reid, 1989] en s’appuyant sur le
paradoxe EPR (Einstein, Podolsky, Rosen, voir l’article original [Einstein et al., 1935]).

On dit que l’on a des corrélations de type EPR si l’inégalité suivante est vérifiée

Vc(X̂1,θ|X̂2,φ).Vc(Ŷ1,θ|Ŷ2,φ) < 1 (1.80)

La vérification de ce critère implique qu’au moins l’une des variances conditionnelles
soit plus petite que 1, et que donc les deux quadratures correspondantes vérifient le
critère QND.

C.3 Corrélations avec des faisceaux comprimés

Dans ce manuscrit, nous nous intéresserons aux corrélations provenant d’états com-
primés. Plus précisément, nous disposerons d’un mode comprimé qu’on pourra séparer
en deux modes distincts par exemple à l’aide d’une lame semi-réfléchissante, du vide
non-corrélé entrant par l’autre voie (expérience 1, figure 1.6 (a)). Que valent alors la
gémellité, la variance conditionnelle, la séparabilité et le critère EPR en fonction du
taux de compression ? Est-il possible d’améliorer les corrélations quantiques si on met
un second faisceau comprimé pour remplacer le vide sur la seconde entrée de la lame
(expérience 2, figure 1.6 (b)) ? Nous allons maintenant répondre à ces questions.12

C.3.1 Gémellité et faisceaux comprimés

Considérons la première expérience de la figure 1.6 où l’on note (∆X̂)2 = s < 1
la variance de la quadrature comprimée du faisceau incident. En sortie, on obtient

12 Une étude plus détaillée concernant la possibilité d’obtenir des faisceaux intriqués à partir d’un
état comprimé sera discutée au chapitre 5.
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(a) (b)

Lame
50/50

Vide

Expérience 1

Champ comprimé
selon la quadrature X

1' 1

2

2'

Lame
50/50

Expérience 2

Champ comprimé
selon la quadrature X ou Y

1' 1

2

2'

Champ comprimé
selon la quadrature X

Fig. 1.6 – (a) Séparation d’un faisceau comprimé en deux modes spatiaux distincts à
l’aide d’une lame 50/50. (b) Recombinaison de deux faisceaux comprimés à l’aide d’une
lame 50/50.

deux modes 1 et 2 dont les quadratures X̂1 et X̂2 sont comprimées avec les variances
(∆X̂1)

2 = (∆X̂2)
2 = s+1

2
< 1. La gémellité vaut alors

G(X̂1, X̂2) = s < 1 (1.81)

Ces deux faisceaux sont donc jumeaux, quelque soit le taux de compression.
Considérons maintenant le dispositif de l’expérience 2, les deux champs étant com-

primés selon la même quadrature X̂ avec la même variance s. On trouve alors que la
gémellité entre les modes 1 et 2 en sortie vaut encore s.

La gémellité nous apporte dans ces expériences une information sur le taux de
compression initial des faisceaux.

C.3.2 Corrélations QND et faisceaux comprimés

On reprend les mêmes expériences mais cette fois-ci on mesure la variance condi-
tionnelle. On trouve alors, pour l’expérience 1 une variance conditionnelle égale à 2s

s+1

qui est strictement plus grande que G mais strictement plus petite que 1. Pour l’expé-
rience 2 on a Vc = G = s < 1. Tous ces faisceaux présentent donc des corrélations QND
mais, à taux de compression identique, l’expérience 2 permet d’obtenir une variance
conditionnelle plus petite que l’expérience 1.

C.3.3 Inséparabilité et faisceaux comprimés

On considère maintenant en plus la quadrature Ŷ . Pour les faisceaux comprimés
incidents de la figure 1.6, la variance de la quadrature non comprimée vaut s′ avec
nécessairement s′ > 1 et ss′ ≥ 1 l’égalité n’étant vérifiée que si l’état est minimal. En
utilisant la formule (1.79) on trouve pour l’expérience 1

I1,2 =
s + 1

2
< 1 (1.82)
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On a donc intrication au sens de Duan et Simon des deux faisceaux en sortie, et ce,
quel que soit le niveau de compression en entrée. Une source d’états comprimés est par
conséquent aussi une source d’états intriqués après ajout d’une lame semi-réfléchissante
séparant le faisceau en deux modes spatiaux distincts. Nous y reviendrons plus en détail
au chapitre 5.

Considérons maintenant le cas des faisceaux comprimés recombinés sur une lame
50/50, les quadratures comprimées avec la même variance s étant orthogonales (par
exemple X̂ pour la voie 1’ et Ŷ pour la voie 2’), les deux autres quadratures présentant
une variance égale à s′. On trouve alors une séparabilité I1,2 égale à s. Il y a donc
inséparabilité des faisceaux puisque s < 1. Notons que si on n’avait pas pris soin d’avoir
des quadratures comprimées orthogonales, les faisceaux auraient été séparables.

C.3.4 Corrélations EPR et faisceaux comprimés

Il nous reste enfin à voir si le critère EPR peut être atteint avec des faisceaux
comprimés. Dans le cas de l’expérience 1, la variance conditionnelle pour les observables
Ŷ vaut 2s′

s′+1
ce qui donne pour le produit des variances conditionnelles

Vc(X̂1,θ|X̂2,φ).Vc(Ŷ1,θ|Ŷ2,φ) =
2s

s + 1

2s′

s′ + 1
(1.83)

Si l’état comprimé est minimal on a s′ = 1
s

Vc(X̂1,θ|X̂2,φ).Vc(Ŷ1,θ|Ŷ2,φ) =
4

s + 1
s

+ 2
< 1 (1.84)

et le critère EPR est vérifié pour tout niveau de compression. Ceci constitue probable-
ment l’une des méthodes les plus simples pour produire des faisceaux EPR. Cependant
on a souvent de l’excès de bruit, donc s′ > 1

s
et il faut augmenter le taux de compression

pour compenser cet excès de bruit. Mais, pour une variance inférieure à 1/3 (environ
4,8 dB de compression), le critère EPR est vérifié quelque soit l’excès de bruit. Pour
démontrer ce résultat, il suffit de se mettre dans le cas limite d’un excès de bruit infini,
s′ → ∞, auquel cas le produit des variances conditionnelles vaut 4s

s+1
qui est inférieur

à 1 si et seulement si s < 1
3

comme annoncé.
Si l’on considère l’expérience 2 avec des faisceaux comprimés selon des quadratures

orthogonales, alors on trouve pour le produit des variances conditionnelles

Vc(X̂1,θ|X̂2,φ).Vc(Ŷ1,θ|Ŷ2,φ) =

(
2ss′

s + s′

)2

(1.85)

qui est inférieur à 1 pour des états minimaux. On a alors des faisceaux EPR. Si on a
un excès de bruit il faut comme au paragraphe précédent augmenter la compression de
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bruit pour vérifier le critère. En utilisant la même méthode de calcul que précédem-
ment (s′ → ∞), on montre que si on a une compression de bruit supérieure à 3 dB
(s < 0, 5), alors ces deux faisceaux seront EPR, quel que soit le niveau de bruit sur
les quadratures anti-comprimées. Cette méthode a d’ailleurs été employée par exemple
dans l’équipe de H. J. Kimble pour générer des faisceaux EPR utilisés ensuite pour
faire de la téléportation [Furusawa et al., 1998].

D Fluctuations du spin collectif d’un ensemble ato-

mique et interaction atomes-champs

Nous avons présenté dans les sections précédentes les fluctuations du champ électro-
magnétique et quelques états quantiques du champ. Nous allons maintenant voir que
les composantes transverses du spin collectif d’un ensemble d’atomes présentent comme
dans le cas du champ électromagnétique des relations d’inégalité de type Heisenberg qui
permettent de définir ce qu’on appelle des états comprimés du spin qui sont l’analogue
quantique des états comprimés du champ. Nous verrons ensuite comment transférer
les fluctuations d’un champ aux fluctuations atomiques en présentant les équations de
base de l’interaction lumière-matière dans une configuration à trois niveaux en Λ.

D.1 Opérateurs collectifs de spin

D.1.1 Spin fictif 1/2 pour un atome à 2 niveaux

Tout système quantique de dimension 2 peut-être décrit par un spin fictif 1/2
[Cohen-Tannoudji et al., 1973]. Ceci est en particulier vrai pour un atome à deux ni-
veaux notés |g〉 et |e〉. Les trois opérateurs du spin fictif 1/2 pour un tel atome s’écrivent

jx =
σ+ + σ−

2
, jy =

σ+ − σ−
2i

, jz =
πe − πg

2
(1.86)

où πg et πe sont les populations de l’atome

πg = |g〉 〈g| et πe = |e〉 〈e| (1.87)

et σ+, σ− sont les cohérences optiques de l’atome

σ+ = |e〉 〈g| et σ− = |g〉 〈e| (1.88)

On retrouve les relations de commutation usuelles du spin

[jx, jy] = ijz , [jy, jz] = ijx , [jz, jx] = ijy (1.89)
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Enfin, on a les relations suivantes sur les carrés des opérateurs de spin

j2
x = j2

y = j2
z =

I
4

(1.90)

~j2 = j2
x + j2

y + j2
z =

3

4
I (1.91)

D.1.2 Spin fictif pour un ensemble de N atomes à 2 niveaux

Considérons maintenant N atomes à 2 niveaux et introduisons un spin fictif 1/2 j i

(i = 1, ..., N) pour chaque atome. On peut alors définir les opérateurs collectifs de spin
Jx, Jy, Jz par

Jx =
N∑

i=1

j i
x , Jy =

N∑
i=1

j i
y , Jz =

N∑
i=1

j i
z (1.92)

et ces opérateurs vérifient les relations de commutation

[Jx, Jy] = iJz , [Jy, Jz] = iJx , [Jz, Jx] = iJy (1.93)

Par contre, contrairement au cas où il y a un seul atome, on n’a plus de relation du
type J2

x ∝ I car des corrélations peuvent exister entre les différents opérateurs de spin
individuels. On a par exemple

J2
x =

N∑
i=1

(j i
x )2 +

∑

i6=j

j i
x j j

x =
N

4
I+

∑

i 6=j

j i
x j j

x

︸ ︷︷ ︸
corrélations

(1.94)

La valeur maximale de la norme du spin collectif est atteinte si tous les spins individuels
sont alignés selon le même axe et elle vaut N

2
, et dans tous les autres cas, elle est

inférieure à cette valeur maximale

|〈 ~J〉| =
√
〈Jx〉2 + 〈Jy〉2 + 〈Jz〉2 ≤ N

2
(1.95)

D.2 Etats cohérents et états comprimés de spin

Considérons maintenant que les N atomes sont chacun dans l’état |e〉, auquel cas
tous les spins individuels ont pour valeur moyenne 〈j i

z 〉 = 1
2

et la valeur moyenne selon
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z du spin collectif vaut 〈Jz〉 = N
2
.13 D’après les relations de commutation (1.93), on ob-

tient une relation d’incertitude de type Heisenberg pour les composantes orthogonales
Jx et Jy

(∆Jx)
2(∆Jy)

2 ≥ 〈Jz〉2
4

=

(
N

4

)2

(1.96)

Par analogie avec les états cohérents du champ, on peut définir ce qu’on appelle les
états cohérents de spin ou états cohérents atomiques [Arecchi et al., 1972] qui vérifient

(∆Jx)
2 = (∆Jy)

2 =
|〈Jz〉|

2
=

N

4
(1.97)

et plus généralement, la variance de toute composante de spin dans le plan transverse
à l’axe Oz : Jθ = cos(θ)Jx + sin(θ)Jy vérifie cette égalité. Les fluctuations transverses
du spin collectif sont isotropes et ceci correspond au cas où les fluctuations trans-
verses des spins individuels des N atomes sont non corrélées entre elles (figure 1.7 (a))
[Kitagawa et Ueda, 1993]. La variance de Jθ est en effet la somme des variances des

x

y

Jz

x

(a)

y

Jz

N/4 N/4<

Spins 1/2 individuels corrélés

(b)

Spins 1/2 individuels non corrélés

Fig. 1.7 – (a) Représentation schématique d’un état cohérent atomique dont le spin
moyen est aligné selon l’axe z. Les spins individuels ont des fluctuations transverses non
corrélées entre elles. (b) Représentation schématique d’un état comprimé atomique dont le
spin moyen est aligné selon l’axe z. La réduction de bruit d’une composante transverse du
spin collectif provient de corrélations entre les fluctuations des composantes transverses
des spins individuels.

composantes transverses individuelles j i
θ qui valent chacune 1/4, d’où le résultat pré-

cédent. On peut alors parler de bruit quantique standard atomique, il vaut |〈Jz〉|
2

= N/4
et on constate qu’il augmente linéairement avec le nombre d’atomes.

13 On a choisi d’aligner tous les spins individuels selon l’axe z, mais ceci est un choix arbitraire
et tous les résultats sont encore valables si les spins sont orientés selon un axe ~u quelconque, les
composantes transverses étant alors définies dans le plan orthogonal à cet axe. De même les résultats
sont valables si les spins ne sont pas tous orientés selon la même direction en prenant comme axe de
référence la direction du spin moyen.
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Comme pour les états comprimés du champ, il existe des états pour lesquels une cer-
taine composante transverse Jθ présente une variance plus petite que le bruit quantique
standard atomique

(∆Jθ)
2 <

|〈Jz〉|
2

=
N

4
(1.98)

On parle alors d’états comprimés atomiques. La composante conjuguée ∆Jθ+π/2 pré-
sente quant à elle une variance supérieure à la limite quantique standard atomique.
Dans ce cas, les fluctuations transverses du spin collectif ne sont plus isotropes et ceci
correspond à des corrélations quantiques entre les composantes transverses des spins
individuels des N atomes (figure 1.7 (b)) [Kitagawa et Ueda, 1993].

On constate une analogie très forte entre les composantes transverses Jx et Jy

du spin collectif des atomes et les quadratures X et Y du champ électromagnétique
avec dans les deux cas les notions d’états cohérents et d’états comprimés. Comme
nous allons le voir maintenant en écrivant les équations d’interaction atomes-champs,
il est possible de transférer les fluctuations d’un champ électromagnétique vers les
composantes transverses de spin et vice versa.

D.3 Interaction atomes-champs pour un système à 3 niveaux

Nous présentons ici les équations d’évolution régissant l’interface lumière-matière
pour un système atomique constitué de 3 niveaux en interaction avec deux champs
électromagnétiques.

D.3.1 Schéma à 3 niveaux en Λ

1
2

3

A
1

A
2

d
D1

D2g13 g23

g0

g0

g3

L1

L2

Fig. 1.8 – Schéma d’interaction lumière-matière à 3 niveaux en Λ.
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Dans ce manuscrit, nous allons principalement nous intéresser à un schéma d’inter-
action appelé schéma en Λ où 3 niveaux atomiques, deux niveaux fondamentaux notés
1 et 2 et un niveau excité, noté 3, interagissent avec deux champs électromagnétiques
A1 et A2 sur les deux transitions des niveaux fondamentaux vers le niveau excité. Ce
schéma est décrit sur la figure 1.8. Introduisons les notations utilisées tout au long de
ce manuscrit pour décrire les champs et les niveaux atomiques :

– γj3 désigne le taux de relaxation du niveau 3 vers le niveau fondamental j (j =
1, 2)

– γ3 est le taux de relaxation du niveau 3 vers les autres niveaux

– Γ = γ13 +γ23 +γ3 est le taux de relaxation total, ou largeur naturelle, du niveau 3

– γ0 désigne le taux de relaxation des populations de chaque niveau fondamental

– 1
2
(Γ + γ0) ≈ 1

2
Γ désigne le taux de relaxation des cohérences 1-3 et 2-3

– Γ21 est le taux de relaxation de la cohérence entre les deux niveaux fondamentaux

– les champs Aj interagissent respectivement sur la transition du niveau j vers le
niveau 3 qui a pour fréquence propre ωj3. Ces champs ont pour fréquence ωj.

– ∆j = ωj3 − ωj est le désaccord à un photon entre la fréquence de la transition
considérée et la fréquence du champ qui lui est associé

– δ = ∆1 −∆2 est le désaccord à 2 photons entre les deux champs

– Λ1 et Λ2 sont des termes décrivant le repeuplement des niveaux 1 et 2 (principale-
ment par pompage optique) qui permettent d’avoir un nombre d’atomes constant
non-nul en l’absence de champ

D.3.2 Equations d’Heisenberg-Langevin

Nous allons maintenant établir les équations décrivant l’interaction atomes-champs
d’après le schéma en Λ précédent, en simple passage. Considérons que la lumière et
le milieu atomique comprenant N atomes interagissent sur un volume cylindrique de
longueur L selon l’axe z (axe de propagation de la lumière) et de surface transverse S.
Les deux champs électromagnétiques qui interagissent avec les atomes s’écrivent

Ej(z, t) = E
(+)
j (z, t)+E

(−)
j (z, t) = Ej

(
Aj(z, t)e

i(kjz−ωjt) + A†
j(z, t)e

−i(kjz−ωjt)
)

, j = 1, 2

(1.99)

où Ej =
√

~ωj

2ε0SL
et Aj(z, t) est l’enveloppe lentement variable du champ, comme dé-

crit précédemment dans ce chapitre. En ce qui concerne les variables atomiques, il est
possible d’utiliser le formalisme des opérateurs atomiques continus : la matrice den-
sité σ va dépendre de façon continue de la coordonnée d’espace z. Nous n’allons pas
donner dans ce manuscrit la démonstration rigoureuse conduisant à ce formalisme.
On va se contenter d’en donner les résultats et pour plus de détails on pourra consul-
ter les références suivantes [Raymer et Mostowski, 1981, Fleischhauer et Richter, 1995,
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Fleischhauer et Lukin, 2000, Dantan, 2005]. Considérons la matrice densité {σij(z, t)},
i, j = 1, 2, 3 décrivant l’ensemble des N atomes exprimée dans la base des états ato-
miques |1〉, |2〉 et |3〉. On passe dans les référentiels tournant avec les champs E1 et E2

en redéfinissant les éléments de cette matrice densité par

σ̃ii = σii, σ̃j3 = σj3e
−i(kjz−ωjt), j = 1, 2, σ̃21 = σ21e

i((k1−k2)z−(ω1−ω2)t) (1.100)

Le hamiltonien dipolaire électrique décrivant l’interaction s’écrit alors, en faisant l’ap-
proximation de l’onde tournante, c’est-à-dire en négligeant les termes évoluant à des
fréquences ≈ 2ωj

Hint = −~
∑
j=1,2

∫
dz

N

L
gj

[
Aj(z, t)σ̃

†
j3(z, t) + A†

j(z, t)σ̃j3(z, t)
]

(1.101)

où gj =
djEj

~ est la constante de couplage entre le champ Aj et la cohérence σj3, et
dj représente le moment dipolaire de la transition j vers 3 dont l’expression générale
est donnée en annexe B. On peut alors écrire les équations d’Heisenberg-Langevin
décrivant l’interaction atomes-champs en simple passage, en rajoutant les contributions
non hamiltoniennes décrivant la relaxation des populations et des cohérences

∂σ̃11

∂t
= −γ0σ̃11 + γ13σ̃33 + Λ1 + ig1A

†
1σ̃13 − ig1A1σ̃

†
13 + f11 (1.102)

∂σ̃22

∂t
= −γ0σ̃22 + γ23σ̃33 + Λ2 + ig2A

†
2σ̃23 − ig2A2σ̃

†
23 + f22 (1.103)

∂σ̃33

∂t
= −Γσ̃33 − (ig1A

†
1σ̃13 − ig1A1σ̃

†
13)− (ig2A

†
2σ̃23 − ig2A2σ̃

†
23) + f33 (1.104)

∂σ̃13

∂t
= −

(
Γ

2
+ i∆1

)
σ̃13 + ig1A1(σ̃11 − σ̃33) + ig2A2σ̃

†
21 + f13 (1.105)

∂σ̃23

∂t
= −

(
Γ

2
+ i∆2

)
σ̃23 + ig2A2(σ̃22 − σ̃33) + ig1A1σ̃21 + f23 (1.106)

∂σ̃21

∂t
= −(Γ21 − iδ)σ̃21 + ig1A

†
1σ̃23 − ig2A2σ̃

†
13 + f21 (1.107)

où les fij(z, t) sont les forces de Langevin qui peuvent être calculées à partir du théo-
rème de régression quantique [Cohen-Tannoudji et al., 1996]. Il faut aussi rajouter les
équations décrivant l’évolution des champs électromagnétiques sous l’effet du couplage
avec les atomes, et il s’agit des équations de Maxwell dans le milieu atomique pour les
enveloppes lentement variables

(
∂

∂t
+ c

∂

∂z

)
Aj(z, t) = igjNσ̃j3(z, t) j = 1, 2 (1.108)
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D.3.3 Simplification : configuration de transparence induite électromagné-
tiquement

Nous nous intéressons dans ce manuscrit à des expériences réalisées en configuration
de transparence induite électromagnétiquement (EIT) [Harris, 1997] (chapitre 7). Dans
cette configuration, on prépare par pompage optique tous les atomes dans le niveau 2 et
le champ A1, appelé champ de contrôle, est un champ cohérent beaucoup plus intense
que le champ A2 appelé champ signal. De plus, on considère que les champs A1 et A2

sont proches de la résonance avec la transition atomique 1-3. On montrera au chapitre
7 que lorsque le champ signal A2 satisfait la condition de résonance à 2 photons, c’est-
à-dire δ = 0, alors le milieu atomique devient transparent pour ce champ : c’est le
phénomène d’EIT. Si on a ∆1 = 0, on parle d’EIT résonant (figure 1.9), dans le cas
contraire, on aura un phénomène d’EIT non-résonant. On notera que la présence du
champ A1 est indispensable à cet effet de transparence puisqu’en son absence, le champ
A2 est à résonance avec une transition atomique où tous les atomes sont dans le niveau
fondamental et ce champ est absorbé.

Il existe d’autres configurations possibles, parmi elles, la configuration Raman où
l’on est proche de la résonance à 2 photons (δ = 0), mais où les désaccords à 1 pho-
ton ∆1 et ∆2 sont très grands devant la largeur naturelle du niveau excité. Une autre
configuration largement étudiée est le piégeage cohérent de population (“Coherent Po-
pulation Trapping” ou CPT) où les deux champs A1 et A2 sont d’intensités comparables
[Scully et Zubairy, 1997]. Les atomes sont alors pompés dans une superposition des ni-
veaux 1 et 2, appelée état noir, qui n’est plus couplé aux champs électromagnétiques.
On a alors une transparence induite assez similaire à ce qui se passe en EIT.

D.3.4 Transfert des fluctuations entre champs et atomes en EIT

Nous allons maintenant nous placer en régime d’EIT résonant (∆1 = ∆2 = δ = 0)
comme cela est représenté sur la figure 1.9 et nous allons montrer que les quadratures
du champ électromagnétique sont couplées au spin collectif des atomes au travers des
équations d’évolution. On considère que tous les atomes sont pompés dans le niveau 2,
les niveaux 1 et 3 étant vides. On note Ω1 la fréquence de Rabi du champ 1 (champ de
contrôle) définie14 par

Ω1 = g1〈A1〉 =
d1E1〈A1〉

~
=

d1

~

√
P1

2cε0S
(1.109)

avec P1 la puissance du champ 1 pour un faisceau de section S. On considère que la
valeur moyenne du champ A2 est nulle. En linéarisant les équations (1.106), (1.107) et

14 Nous définissons ici la fréquence de Rabi avec un champ électrique complexe. Certains auteurs
utilisent la définition avec un champ électrique réel et ont ainsi une fréquence de Rabi deux fois plus
grande que celle utilisée dans ce manuscrit.
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S
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C

Fig. 1.9 – Schéma de transparence induite électromagnétiquement résonante à 3 niveaux
en Λ. Tous les atomes sont pompés dans le niveau 2. C désigne le champ de contrôle et
S le champ signal. Le champ de contrôle est beaucoup plus intense que le champ signal.

(1.108) (sachant que 〈σ̃13〉 = 0), et en introduisant ˜̃σ23 = iσ̃23, on obtient les équations
pour les fluctuations

(
∂

∂t
+ c

∂

∂z

)
δA2 = g2Nδ ˜̃σ23 (1.110)

∂δ ˜̃σ23

∂t
= −Γ

2
δ ˜̃σ23 − g2δA2 − Ω1δσ̃21 + if23 (1.111)

∂δσ̃21

∂t
= −Γ21δσ̃21 + Ω∗

1δ ˜̃σ23 + f21 (1.112)

ainsi que des équations similaires sur les quantités conjuguées. En introduisant la qua-
drature d’amplitude du champ 2, X2 = A2 + A†

2, l’opérateur de spin collectif continu

jx =
σ̃21+σ̃†21

2
, ainsi que la partie imaginaire de la cohérence entre 2 et 3, σy =

i(σ̃23−σ̃†23)
2

,
en remplaçant dans les équations précédentes, puis en appliquant la transformée de
Fourier, on peut éliminer σy et obtenir

∂

∂z
δX2(z, Ω) =

1

c

(
iΩ− g2

2N(Γ21 − iΩ)

D

)
δX2(z, Ω) + FX2(z, Ω) (1.113)

δjx(z, Ω) =
Ω∗

1g2

2D
δX2(z, Ω) + Fjx(z, Ω) (1.114)

où D = (Γ
2
− iΩ)(Γ21 − iΩ) + |Ω1|2, et FX2 et Fjx sont des forces de Langevin qui

s’expriment en fonction de f21 et f23. Il y a aussi des équations similaires sur les quan-
tités conjuguées Y2 et jy. Notons enfin que le spin collectif Jx(Ω) s’exprime à partir de
l’opérateur continu jx(z, Ω) par Jx(Ω) = N

∫
dz
L

jx(z, Ω). On constate donc que les deux
équations précédentes et leurs équations conjuguées couplent les fluctuations du champ
électromagnétique A2 aux composantes transverses du spin collectif des atomes. Plus
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précisément, dans la configuration d’EIT résonante étudiée ici, δX2(Ω) est couplé avec
δJx(Ω), et δY2(Ω) est couplé avec δJy(Ω). Un calcul rigoureux prenant en compte les
forces de Langevin permet de montrer que les fluctuations du champ incident (de la
compression de bruit par exemple) sont transférées à celles du spin collectif transverse,
et ce avec une efficacité d’autant plus grande que l’épaisseur optique du milieu atomique
est grande. Corollairement, les fluctuations du spin collectif des atomes vont s’écrire
sur la quadrature correspondante de la lumière. En effectuant ce processus de façon
séquentielle, on obtient une mémoire quantique atomique (chapitre 6 section A.4.2).

Ce sont des équations et des processus de transfert atomes-champs de ce type qui
forment la base théorique des mémoires quantiques atomiques utilisant un schéma en Λ
dont nous présenterons une réalisation expérimentale au chapitre 6. Les équations décri-
vant le transfert des fluctuations entre champs et atomes ne seront pas détaillées davan-
tage dans ce manuscrit. Pour plus de détails, on pourra se référer entre autres aux thèses
d’Aurélien Dantan [Dantan, 2005] et Jean Cviklinski [Cviklinski, 2008] ainsi qu’aux
articles suivants [Dantan et al., 2003], [Dantan et Pinard, 2004], [Dantan et al., 2005],
[Dantan et al., 2006].
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CHAPITRE 2

Techniques expérimentales
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Nous présentons dans ce chapitre quelques-unes des méthodes expérimentales de
base de l’optique quantique utilisées de façons récurrentes dans nos expériences. Nous
verrons comment mesurer en pratique l’état quantique d’un champ puis nous décrirons
les sources lasers que nous utilisons pour produire des états cohérents à des fréquences
résonantes avec les transitions atomiques du césium. Nous nous intéresserons aussi aux
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méthodes d’asservissement des cavités optiques, ces dernières étant un outil incontour-
nable dans les expériences présentées dans ce manuscrit. Ce chapitre ne présente qu’un
aperçu des techniques expérimentales les plus utilisées en optique quantique. Nous uti-
liserons bien évidemment d’autres outils inhérents à telle ou telle expérience qui seront
traités en détail dans les chapitres correspondants.

A Mesure des quadratures du champ

Nous avons décrit en détail au chapitre précédent les observables du champ électro-
magnétique ainsi que les états quantiques associés. Nous allons voir dans cette section
comment mesurer en pratique ces observables, en prenant en compte les contraintes et
limites expérimentales actuelles.

A.1 Photodétection

Les expériences présentées dans ce manuscrit sont réalisées en régime de variables
continues, c’est-à-dire que les états seront caractérisés par leurs composantes de qua-
drature mesurées à l’aide de montages utilisant des photodétecteurs. Ce régime est
différent du régime de variables discrètes dans lequel les mesures sur les champs s’ef-
fectuent grâce à des compteurs de photons.

A.1.1 Théorie de la photodétection

Nous ne détaillerons pas dans ce chapitre la théorie quantique de la photodétection
[Glauber, 1963b], nous nous contenterons d’en rappeler le résultat principal qui nous
sera utile.

Un photodétecteur transforme les photons d’un champ Ê(t) d’enveloppe lentement
variable Â(t) en un photocourant i(t) qui est la valeur moyenne de l’observable photo-
courant î(t) définie par

î(t) ∝ Â†(t)Â(t) (2.1)

Lorsqu’on s’intéresse au cas monomode, ce photocourant devient

î(t) ∝ â†â (2.2)

Ces relations sont définies à un facteur multiplicatif près mais, comme on le verra un
peu plus loin, ceci n’est pas gênant expérimentalement puisque toutes nos mesures
seront normalisées au bruit quantique standard.
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A.1.2 Les photodétecteurs utilisés

Nous utilisons un montage typique de photodétection dont les schémas et les détails
peuvent être trouvés par exemple dans la thèse suivante [Hadjar, 1998]. Il s’articule
autour d’une photodiode en silicium modèle EG&G FND100 présentant une efficacité
quantique de 90 % à 850 nm. Ce modèle a une surface active de 5 mm2, une bande
passante de 350 MHz sur 50 Ω, une capacité de l’ordre de 8 nF, un courant d’obscurité
de 10 nA et peut supporter plus de 10 mW de puissance focalisés sur une cinquantaine
de microns. La photodiode est polarisée en inverse avec une tension de 70 V et insérée
dans un montage amplificateur avec une voie basses fréquences allant du continu à
la fréquence fc et une voie hautes fréquences bas bruit allant de fc jusqu’à environ
35 MHz. La fréquence de coupure basse fc est contrôlée par la valeur de la capacité
mise en entrée du circuit hautes fréquences. Nous utiliserons une fréquence de coupure
de 25 kHz pour la mesure du vide comprimé (chapitre 4) et de 550 kHz pour l’expérience
de mémoire (chapitre 6).

A.2 Détection homodyne

Nous venons de voir dans la section précédente qu’un photodétecteur permet de
mesurer l’observable N̂ = â†â d’un champ. Pour mesurer les quadratures X̂ et Ŷ du
champ signal oscillant à la fréquence centrale ωL et ainsi avoir accès aux fluctuations
de ce champ, la solution est d’utiliser un champ de référence à la fréquence ωL, appelé
oscillateur local et de mesurer ses battements avec le champ signal. On obtient alors
un montage appelé détection homodyne, dispositif analogue en optique des mixeurs
utilisés en électronique.

A.2.1 Lame partiellement réfléchissante

Un élément passif très utile dans les expériences d’optique est la lame partiellement
réfléchissante (“beamsplitter” en anglais). On rappelle ici les relations d’entrée-sortie
pour une lame de coefficients de transmission et réflexion en amplitude égaux respecti-
vement à t et r (figure 2.1 (a)). On note âin1 et âin2 les deux opérateurs d’annihilation
pour les deux modes du champ en entrée et âout1 et âout2 les opérateurs en sortie de la
lame. Ils sont reliés par les relations

{
âout1 = tâin1 + râin2

âout2 = −râin1 + tâin2

(2.3)

Ces relations sont aussi valables pour les opérateurs de création, les quadratures et les
champs. Le signe − permet de conserver l’énergie et les commutateurs. r et t sont réels
et satisfont la relation r2 + t2 = 1.
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Fig. 2.1 – (a) Lame semi-réfléchissante. (b) Schéma théorique d’une détection homodyne.
(c) Schéma de détection homodyne utilisé en pratique sur nos expériences.

A.2.2 Photocourant de détection homodyne

Une détection homodyne est constituée d’une lame semi-réfléchissante et de deux
photodiodes mesurant les champs sur les deux sorties de la lame. On fait ensuite la
différence des deux photocourants (figure 2.1 (b)). En entrée de la lame, on met sur
une première voie le champ dont on souhaite mesurer les quadratures, qui est dans un
état |ψ〉, ce champ étant caractérisé par les opérateurs de création et annihilation â†

et â. Sur la seconde voie, on a un champ appelé oscillateur local, caractérisé par les
opérateurs â†OL et âOL, qui est dans un état cohérent |eiθα〉 (avec α, θ ∈ R). Ces champs
ont même polarisation. On suppose que l’oscillateur local est beaucoup plus puissant
que le champ à mesurer, ce qui peut se traduire par la condition sur le nombre moyen
de photons

α2 = 〈eiθα|â†OLâOL|eiθα〉 À 〈ψ|â†â|ψ〉 (2.4)

En utilisant la relation (2.3) pour une lame 50/50, on trouve comme opérateurs pour
les champs arrivant sur les photodiodes 1 et 2

âPD1 =
â + âOL√

2
et âPD2 =

â− âOL√
2

(2.5)

D’après (2.2), les photocourants de ces deux photodiodes valent, à un facteur multipli-
catif près

î1 ∝ â†PD1
âPD1 =

1

2
(â†â + â†âOL + â†OLâ + â†OLâOL)

î2 ∝ â†PD2
âPD2 =

1

2
(â†â− â†âOL − â†OLâ + â†OLâOL) (2.6)

La différence des photocourants donne

î = î1 − î2 ∝ â†âOL + â†OLâ (2.7)
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La valeur moyenne du photocourant dans l’état |ψ, eiθα〉 vaut par conséquent

〈ψ, eiθα|̂i|ψ, eiθα〉 ∝ α〈ψ|â†eiθ + âe−iθ|ψ〉 = α〈ψ|X̂θ|ψ〉 (2.8)

La valeur moyenne du photocourant est donc proportionnelle à la valeur moyenne de
la quadrature X̂θ dans l’état |ψ〉. Il en est de même pour la variance du photocourant
qui est proportionnelle à la variance de la quadrature X̂θ, à condition que l’hypothèse
(2.4) soit bien vérifiée. On trouve dans ce cas après quelques lignes de calcul

(∆î)2 ∝ α2(∆X̂θ)
2 + 〈ψ|â†â|ψ〉 ≈ α2(∆X̂θ)

2 (2.9)

On constate que les fluctuations du champ sont amplifiées par un facteur α2 qui n’est
autre que le nombre moyen de photons dans l’oscillateur local. On voit donc qu’à
condition d’utiliser un oscillateur local intense, les fluctuations du champ dans le mode
à mesurer seront très amplifiées par l’oscillateur local et donc facilement mesurables,
même s’il s’agit d’un état avec très peu de photons ou même le vide.

Le photocourant î donne accès à la quadrature d’angle θ, X̂θ. Cet angle étant défini
par la phase relative entre l’oscillateur local et le champ à mesurer, il suffit de balayer la
longueur du chemin optique parcouru par l’oscillateur local, par exemple à l’aide d’une
cale piézo-électrique, pour changer cette phase et accéder à toutes les quadratures du
champ (figure 2.1 (b)).

La relation (2.9) peut s’étendre sans difficulté au cas multimode. En utilisant les
notations de la section A.2 du chapitre 1, on montre que l’on a

Sî(Ω) ∝ α2SX̂θ
(Ω) (2.10)

c’est-à-dire que le spectre du photocourant donne accès au spectre de la quadrature
d’angle θ du champ.

On notera que toutes les relations précédentes ne sont que des relations de pro-
portionnalité. Cela n’est cependant pas un problème, car lors d’une mesure de l’état
|ψ〉 avec une détection homodyne, on fait systématiquement une seconde mesure en
bloquant la voie par où arrive le champ à mesurer, ce qui remplace le signal par les
fluctuations du vide et conduit à un photocourant proportionnel au bruit quantique
standard, avec le même coefficient de proportionnalité que précédemment. Le ratio des
deux variances des photocourants donne exactement la variance (∆X̂θ)

2 ou la densité
spectrale de bruit SX̂θ

(Ω) recherchées, normalisées au shot noise.

A.2.3 Réalisation pratique d’une détection homodyne

Comme on vient de le voir, pour réaliser une détection homodyne il suffit en théorie
de recombiner et faire interférer les champs sur une lame semi-réfléchissante et de placer
des photodétecteurs sur les deux voies de sortie de la lame. En pratique, les lames
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50/50 ne sont pas parfaites, ce qui déséquilibre le système et rajoute du bruit classique
sur la mesure. Pour pallier ce problème, une première solution consiste à conserver
la lame 50/50 et à rétablir l’équilibre en aval en atténuant le champ arrivant sur la
photodiode recevant un excès d’éclairement. Une solution alternative est présentée sur
la figure 2.1 (c). Les deux champs devant interférer, de polarisations orthogonales, sont
recombinés spatialement à l’aide d’un cube polariseur (PBS1). Une lame demi-onde
ayant ses axes tournés à 22,5̊ permet, après passage par le cube polariseur PBS2,
d’envoyer 50 % de l’intensité de chacun des faisceaux vers chaque photodiode. On
peut montrer qu’on obtient grâce à ce montage les mêmes résultats qu’avec le montage
utilisant une lame 50/50. L’avantage de ce système est de permettre un équilibrage
extrêmement précis sur les photodiodes, équilibrage qu’on choisira comme étant celui
maximisant la réjection du bruit classique de l’oscillateur local après soustraction des
photocourants issus des deux photodiodes. Le désavantage est d’engendrer environ 4 %
de pertes pour le signal à mesurer (2 % par cube) alors que pour une lame semi-
réfléchissante on peut atteindre seulement 0,3 % de pertes (à 850 nm). Nous avons
choisi d’utiliser le montage de la figure 2.1 (c) pour les détections homodynes présentes
sur notre expérience.

A.2.4 Influence des pertes

Expérimentalement, une détection homodyne n’est jamais parfaite et présente des
pertes. Trois paramètres expérimentaux sont à prendre en compte lors de mesures
effectuées par cette méthode : les pertes directes sur le trajet du signal, les pertes
dues à un mauvais recouvrement spatial des faisceaux signal et oscillateur local devant
interférer et enfin les pertes dues à une efficacité quantique des photodiodes différente
de 1 [Bachor et Ralph, 2004]

• Efficacité de propagation du signal ηP : des pertes directes p en intensité sur
un signal sont équivalentes à envoyer ce signal sur une lame partiellement réflé-
chissante présentant une transmission en intensité égale à ηP = (1− p), du vide
entrant par la seconde voie. La variance mesurée sur ce signal affecté de ces pertes
vaut par conséquent

(∆X̂θ,P )2 = ηP (∆X̂θ)
2 + (1− ηP ) (2.11)

• Efficacité quantique des photodiodes ηQ : tout photodétecteur a une efficacité
quantique ηQ < 1 qui traduit le fait qu’une fraction (1−ηQ) de l’intensité arrivant
sur les photodiodes n’est pas mesurée, ce qui revient à introduire des pertes
sur le champ à mesurer comme ci-dessus. Cette efficacité sera de 90 % dans
nos expériences. Notons qu’il existe de nos jours sur le marché des photodiodes
pouvant atteindre 99% d’efficacité quantique à 852 nm.
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• Visibilité normalisée de la détection homodyne ηV : c’est l’efficacité au sens du
recouvrement spatial des faisceaux signal et oscillateur local. On a supposé pré-
cédemment que ce recouvrement était parfait et que donc on pouvait faire la
différence et la somme des opérateurs â et âOL pour obtenir les expressions (2.5).
En pratique ce recouvrement n’est jamais parfait. Pour deux champs Ê1 et Ê2

dont les intensités classiques sont I1 et I2 et qui interfèrent en donnant une inten-
sité I avec des oscillations d’amplitude Iosc, la visibilité normalisée ηV est définie
comme

I = I1 + I2 + 2ηV

√
I1I2 cos φ = I1 + I2 +

Iosc

2
cos φ (2.12)

d’où

ηV =
Iosc

4
√

I1I2

(2.13)

On peut alors montrer que cela est équivalent à une transmission ηV sur le champ
à mesurer (et non sur l’intensité), ce qui se traduit sur la variance mesurée par

(∆X̂θ,V )2 = η2
V (∆X̂θ)

2 + (1− η2
V ) (2.14)

En prenant en compte toutes ces pertes, la variance finalement mesurée est donnée
par1

(∆X̂θ,detection)2 = η(∆X̂θ)
2 + (1− η) (2.15)

où η = ηP η2
V ηQ est l’efficacité globale du processus de détection. Cette écriture est bien

évidemment aussi valable en régime multimode avec des densités spectrales de bruit

SX̂θ,detection
(Ω) = ηSX̂θ

(Ω) + (1− η) (2.16)

En pratique, on aura 5 à 10 % de pertes de propagation (moins si on met la détection
homodyne directement après le système ayant produit l’état à étudier ou si l’on utilise
une lame 50/50 au lieu des cubes polariseurs), une efficacité quantique des photodiodes
de 90 % et une visibilité normalisée de l’ordre de 95 %, ce qui fait une efficacité totale de
l’ordre de 75 à 80 %. On constate qu’un recouvrement imparfait des faisceaux, et donc
une visibilité inférieure à 1, contribue fortement à la diminution de l’efficacité globale
de détection. Cependant, il est en pratique difficile d’avoir ηV > 95 % à moins de
compliquer le montage expérimental en mettant des cavités de filtrage sur les faisceaux
[Vahlbruch et al., 2008, Takeno et al., 2007].

A.2.5 Influence du bruit électronique

Les divers appareils électroniques présents dans la châıne de mesure, à commencer
par le photodétecteur, introduisent un bruit électronique supplémentaire sur toutes les

1 En prenant un bruit quantique standard égal à 1.
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mesures. Ce bruit électronique étant complètement décorrélé des observables du champ,
il va s’ajouter aux valeurs mesurées. La densité spectrale de bruit mesurée dans ce cas
vaudra

SX̂θ,mesure
(Ω) = SX̂θ,detection

(Ω) + Selec(Ω) (2.17)

où SX̂θ,detection
(Ω) est défini par l’équation (2.16).

En prenant en compte toute la châıne de mesure, on obtient finalement la relation
entre la grandeur vraiment mesurée et le spectre initial du champ

SX̂θ,mesure
(Ω) = ηSX̂θ

(Ω) + (1− η) + Selec(Ω) (2.18)

Le bruit électronique affecte bien évidemment aussi la mesure du bruit quantique stan-
dard. Cependant, on peut connâıtre la valeur de ce bruit électronique en coupant tous
les champs lumineux et en enregistrant le signal donné par la châıne de mesure. On
peut alors le soustraire des équations précédentes et remonter aux “vraies” valeurs des
densités spectrales de bruit.

A.2.6 Equilibrage de la détection homodyne

Dans les calculs précédents, nous avons supposés que l’équilibrage de la détection
homodyne était parfait. Nous avons vu dans la section A.2.3 comment compenser pré-
cisément un éventuel déséquilibre optique. Qu’en est-il d’un déséquilibre électronique
au niveau des gains des photodiodes ? On peut montrer qu’au premier ordre cela re-
vient au même qu’un déséquilibre optique. On pourrait donc en théorie le compenser
par un déséquilibre optique, mais au prix d’une diminution de l’efficacité globale de la
détection. Il est donc crucial d’avoir un équilibrage électronique le meilleur possible.
La procédure pour y parvenir est détaillée dans [Hadjar, 1998]. Une fois l’équilibrage
réalisé, la différence des photocourants sur notre expérience est faite à l’aide d’un sous-
tracteur Mini-Circuits modèle ZSCJ-2-2 ce qui permet d’avoir une réjection globale
d’environ 30 dB sur la gamme 10 kHz à 10 MHz.

Il existe une méthode encore plus performante et bien plus rapide pour avoir un
équilibrage de qualité. L’idée est de choisir deux photodiodes présentant les mêmes
efficacités quantiques et de les monter tête-bêche dans un bôıtier amplificateur. La
soustraction des photocourants se fait ainsi directement après leur création ce qui évite
d’avoir à appliquer une longue procédure d’équilibrage. Bien que donnant de très bons
résultats, cette méthode ne permet pas d’accéder à la somme des photocourants qui
s’avère très utile en pratique quand on veut utiliser le montage en configuration de
détection équilibrée, sans oscillateur local.

A.3 Détection équilibrée

Une détection équilibrée (ou balancée) repose sur le même principe que la détection
homodyne, sauf que l’oscillateur local est remplacé par du vide. Le champ à mesurer
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joue alors le rôle de son propre oscillateur local. Si on reprend les calculs fait pour la
détection homodyne mais cette fois-ci avec | eiθα〉 = |0〉, et que l’on note î± = î1 ± î2
la somme et la différence des photocourants, on trouve

〈̂i−〉 = 0, 〈̂i+〉 = 〈N̂〉, (∆î−)2 = 〈N̂〉, (∆î+)2 = (∆N̂)2 = A2(∆X̂ϕ)2 (2.19)

où ϕ est la phase classique du champ dans le repère de Fresnel.
Si le champ est dans un état cohérent, alors on a A2 = 〈N̂〉 et (∆X̂ϕ)2 = 1. La

limite quantique standard correspond donc à (∆î+)2 = (∆î−)2 = 〈N̂〉.
Si (∆î+)2 > (∆î−)2 = 〈N̂〉, on dit que le champ présente un excès de bruit en

intensité et si (∆î+)2 < (∆î−)2 = 〈N̂〉 alors ce champ présente une compression de
son bruit d’intensité. Cette méthode est donc très pratique et très rapide à mettre en
place pour mesurer le bruit d’intensité d’un faisceau quelconque et vérifier par exemple
à partir de quelle fréquence il atteint la limite quantique standard.

A.4 Acquisition et traitement

Pour mesurer la variance d’un photocourant, plusieurs méthodes sont possibles.
Suivant le type de mesure effectuée, continue ou impulsionnelle, on utilisera un ana-
lyseur de spectre ou une carte d’acquisition associée à un traitement informatique. Le
photocourant est cependant parfois trop faible pour la sensibilité de ces appareils de
mesure. Quand ce sera le cas, nous aurons recours à un amplificateur bas bruit large
bande. Nous utiliserons à cet effet soit le modèle ZHL-1A soit le modèle ZFL-500LN
de la société Mini-Circuits. Le premier peut fournir jusqu’à 30 dBm avec un gain de
17 dB et un bruit ajouté de 8 dB, le second 8 dBm avec un gain de 28 dB et un bruit
de 3 dB.

A.4.1 Analyseur de spectre

Lorsqu’on travaille en régime continu, le plus simple pour étudier le photocourant
est d’utiliser un analyseur de spectre qui donne directement accès au spectre du pho-
tocourant. D’après (2.10) on peut en déduire le spectre de la quadrature d’angle θ du
champ. Sur notre expérience nous utiliserons un analyseur de spectre Agilent modèle
E4411B couvrant la gamme 9 kHz à 1,5 GHz.

A.4.2 Carte d’acquisition

Lorsqu’on travaille en régime impulsionnel2, l’utilisation de l’analyseur de spectre
devient trop compliquée, voire impossible dans certains cas. De plus, il faut avoir accès

2 Nous utilisons un laser continu. Cependant, pour l’expérience de mémoire, des impulsions du
champ de l’ordre de la µs seront nécessaires, produites par découpage du faisceau continu de façon
optique ou mécanique. C’est en ce sens que l’on parlera de régime impulsionnel et en aucun cas au
sens des lasers fonctionnant en régime pulsé.
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directement au photocourant pour faire de la tomographie quantique (section D du
chapitre 4). La solution dans ce cas est de faire l’acquisition du photocourant grâce à
une carte électronique qui fait une mesure de i et donc de Xθ à chaque cycle d’horloge.
En répétant les mesures un très grand nombre de fois, on peut reconstituer la statistique
de la variable aléatoire Xθ et extraire tous ses moments par traitement informatique.
Cet outil donne par conséquent accès à beaucoup plus d’information que ne le fait
l’analyseur de spectre.

Nous utilisons sur l’expérience une carte d’acquisition National Instruments modèle
NI PCI-5122. Elle présente un taux d’échantillonnage sur chaque voie de 100 millions
de points par seconde avec une résolution de 14 bits. Elle dispose de 256 Mo de mémoire
par voie ce qui permet de faire une acquisition d’au maximum 23 millions de points
par voie, soit 230 ms d’acquisition à pleine vitesse sans avoir à réinitialiser la carte.
Ceci est largement suffisant pour nos expériences. Les programmes d’acquisition et de
traitement ont été développés sous LabVIEW au cours de la thèse de Jean Cviklinski
[Cviklinski, 2008] en ce qui concerne la partie stockage d’un état cohérent (chapitre 6)
et au cours de la présente thèse en ce qui concerne la caractérisation du vide comprimé
par tomographie (section D du chapitre 4).

B Méthodes d’asservissement des cavités

Les cavités optiques seront très utilisées au cours des expériences présentées dans ce
manuscrit, par exemple pour le doublage de fréquence et la conversion paramétrique ou
pour la stabilisation des lasers. Ces cavités présentent des pics de résonance lorsque leur
longueur est multiple de la longueur d’onde des sources laser les traversant. A partir
de ces pics, on souhaite extraire un signal d’erreur proportionnel à l’écart algébrique
entre la fréquence du laser et la fréquence de résonance de la cavité. Une fois ce signal
d’erreur obtenu, il faut le filtrer et l’amplifier avant de le renvoyer vers une cale piézo-
électrique contrôlant la longueur de la cavité. On peut ainsi agir en temps réel sur
la cavité afin de la garder en permanence à résonance avec les sources laser. On parle
alors d’asservissement. Nous allons présenter 4 méthodes permettant d’obtenir un signal
d’erreur à partir des pics de cavité, méthodes qui seront utilisées dans nos expériences.

B.1 Asservissement sur un flanc de pic

C’est la méthode la plus simple permettant d’obtenir un signal d’erreur : on utilise
directement l’un des pics de cavité comme signal d’erreur, après lui avoir soustrait un
offset. Cette méthode a deux avantages, celui d’être extrêmement simple et rapide à
mettre en œuvre, et celui d’être entièrement passive. Elle présente aussi une bande
passante limitée uniquement par la réponse de la cavité. Elle a cependant de nombreux
inconvénients. Le principal d’entre eux est qu’elle ne permet pas de s’asservir sur un
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sommet du pic de résonance, mais uniquement sur un flanc, en pratique entre 20 % et
80 % de la hauteur du pic. Au-delà, les fluctuations du laser ou de la cavité rendent
l’asservissement instable. Cette méthode n’est donc pas utilisable lorsqu’on a besoin
d’avoir la résonance la plus forte possible du laser dans la cavité.

B.2 Asservissement par modulation-démodulation

Cette méthode s’appuie sur une constatation mathématique très simple : pour ob-
tenir un signal d’erreur en forme de dispersion à partir d’une fonction en forme de pic,
il suffit d’en prendre la dérivée. Mathématiquement, une fonction f(ω) dont on module
la variable avec un signal sinusöıdal de fréquence Ω et d’amplitude A peut s’écrire

f(ω + A sin(Ωt)) ≈ f(ω) + A sin(Ωt)f ′(ω) (2.20)

où l’on a supposé que l’amplitude de la modulation A est très petite devant les valeurs
prises par la variable ω. En démodulant par une sinusöıde à la fréquence Ω et en
appliquant un filtre passe-bas, on obtient un signal proportionnel à f ′(ω). Dans nos
expériences, f(ω) sera la fonction représentant les pics de la cavité, ω la différence de
fréquence entre le laser et la cavité, et la démodulation se fera à l’aide d’une détection
synchrone. f ′ sera alors le signal d’erreur cherché. En pratique, on module soit la
longueur de la cavité, soit la fréquence du laser. Si la modulation se fait à l’aide d’une
cale piézo-électrique, on sera limité par celle-ci à des fréquences de l’ordre de la dizaine
de kHz dans le meilleur des cas. Cette méthode d’asservissement présente donc en
général une bande passante assez faible, mais qui peut cependant être améliorée en
recherchant une résonance de la cale ou en comprimant cette dernière [Bowen, 2003].

B.3 Asservissement par Pound-Drever-Hall

La méthode de Pound-Drever-Hall a fait son apparition au milieu des années 80
[Drever et al., 1983]. C’est aujourd’hui la méthode la plus employée en optique pour
asservir des cavités. Elle utilise le fait qu’un faisceau arrivant sur une cavité ne subit
pas de déphasage en réflexion ou en transmission si et seulement si il est exactement
à résonance avec un pic de la cavité. Dans le cas contraire, il subit un déphasage dont
le signe et la valeur dépendent de l’écart en fréquence par rapport au pic. Mais un
déphasage n’est pas mesurable directement en optique. Il faut utiliser un battement
avec un champ présentant une fréquence voisine. Avec ces ingrédients, on peut décrire
rapidement le fonctionnement de l’asservissement par Pound-Drever-Hall en réflexion
dont le schéma de principe est présenté figure 2.2 (a).

Prenons un champ laser E(t) à la fréquence ωL et appliquons lui une modulation
de phase à la fréquence Ω avant de l’envoyer sur une cavité. Le champ devient alors,
en écriture complexe

E(t) = EeiωLt(1 + AeiΩt − A∗e−iΩt) (2.21)
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Fig. 2.2 – (a) Schéma de principe d’un montage utilisant la méthode de Pound-Drever-
Hall. Le champ arrivant sur la cavité est modulé en phase à la fréquence Ω et après
réflexion sur la cavité, il est mesuré à l’aide d’une photodiode. Après démodulation du
photocourant à la fréquence Ω avec une phase appropriée, on applique un filtre passe-
bas et on obtient directement le signal d’erreur. (b) Schéma décrivant l’apparition d’une
modulation d’amplitude lorsque que le champ incident est hors résonance et exemple de
signal d’erreur.

Notons R(ω) la fonction de transfert du champ par réflexion sur la cavité. Le module
de R(ω) donne le coefficient de réflexion usuel avec les pics inversés, son argument
donnant quant à lui le déphasage du champ réfléchi (figure 2.2 (b)). Ce champ réfléchi
vaut

E(t) = EeiωLt(R(ωL) + A R(ωL + Ω)eiΩt − A∗ R(ωL − Ω)e−iΩt) (2.22)

Si le laser est à résonance avec la cavité, on a R(ωL + Ω) = R(ωL −Ω)∗. On en déduit
que le champ réfléchi ER(t) comprend toujours uniquement une modulation de phase.
Cette modulation ne sera pas détectée par la photodiode mesurant le champ réfléchi et
le signal après démodulation et filtrage sera nul.

Par contre, si le laser est hors résonance, on a R(ωL + Ω) 6= R(ωL − Ω)∗. On peut
alors décomposer ER(t) en une modulation de phase et une modulation d’amplitude à la
fréquence Ω. La modulation d’amplitude sera détectée par la photodiode et transformée
en un signal d’erreur après démodulation par sin(Ωt+ϕ) et application d’un filtre passe-
bas. L’allure d’un tel signal d’erreur est présentée figure 2.2 (b).

Le raisonnement ci-dessus est encore valable si R(ω) désigne la fonction de transmis-
sion de la cavité. Nous avons d’ailleurs asservi notre oscillateur paramétrique optique
par la méthode de Pound-Drever-Hall utilisée en transmission (chapitre 4).
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B.4 Asservissement par tilt locking

L’asservissement par la méthode dite du “tilt locking” a été développée il y a 10
ans et offre des performances comparables à celles obtenues avec la méthode de Pound-
Drever-Hall [Shaddock et al., 1999], [Shaddock, 2000]. C’est l’analogue tout optique de
la méthode de Pound-Drever-Hall qui utilise des interférences non plus entre des modes
temporels (modulation de phase), mais entre des modes spatiaux du faisceau.
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Fig. 2.3 – (a) Schéma de principe d’un montage utilisant la méthode du tilt locking. Une
photodiode à deux cadrans mesure la réflexion sur la cavité d’un faisceau incident légè-
rement désaligné. La différence des photocourants donne directement le signal d’erreur.
(b) Variation de la partie réelle des modes TEM00 et TEM01 du champ en fonction de x ;
allure de ces mêmes modes dans le plan (x, y) de la photodiode à cadran après réflexion
sur la cavité. (c) Schéma décrivant l’apparition d’une différence d’amplitude sur les deux
cadrans hors résonance et exemple de signal d’erreur.

L’idée est la suivante. Considérons un faisceau laser spatialement parfaitement
adapté avec une cavité, se propageant selon z. Il est alors composé uniquement du
mode fondamental transverse TEM00. Maintenant désalignons très légèrement le fais-
ceau incident dans le plan (x, z). Il apparâıt alors des modes d’ordres supérieurs, le plus
marqué étant le mode de premier ordre TEM01. L’allure de la partie réelle de ces modes
en fonction de la coordonnée x est présentée sur la figure 2.3 (b). Le mode TEM01 est
composé de deux lobes (x > 0 et x < 0), déphasés respectivement de π

2
et −π

2
par

rapport au mode TEM00. Considérons maintenant les champs réfléchis par la cavité
quand on est proche de résonance pour le mode TEM00. Comme on l’a vu précédem-
ment pour la méthode de Pound-Drever-Hall, le mode TEM00 va subir un déphasage
ϕ(ω) proportionnel à l’écart à résonance du laser. Par contre, le mode TEM01 n’étant
pas résonant avec la cavité, il subit juste un changement de signe dû à la réflexion sur
le miroir d’entrée. Le déphasage entre les modes TEM00 et TEM01 vaut donc après
réflexion −π

2
−ϕ(ω) pour le demi-plan x > 0 et π

2
−ϕ(ω) pour l’autre demi-plan (figure
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2.3 (b) et (c)). Le tilt locking consiste alors à placer en réflexion une photodiode pos-
sédant deux cadrans pour mesurer les interférences entre les modes TEM00 et TEM01,
l’un des cadrans mesurant l’intensité dans le demi-plan (x > 0, y), l’autre dans le demi-
plan (x < 0, y). On fait ensuite la différence des intensités issues des deux cadrans.
A résonance avec la cavité, le mode TEM00 n’est pas déphasé : ϕ(ω) = 0. La somme
de ce mode avec le mode TEM01 va donc donner des amplitudes égales sur les deux
cadrans. La différence des intensités donnera zéro. Hors de résonance, on a ϕ(ω) 6= 0 :
les déphasages entre les modes TEM00 et TEM01 ne sont pas les mêmes pour les deux
cadrans, engendrant des amplitudes différentes. On aura par conséquent un courant
non nul après différence des deux photocourants.

On peut voir sur la figure 2.3 (c) l’allure d’un signal d’erreur obtenu par cette
méthode. Le tilt locking a comme avantage d’avoir les mêmes performances que la
méthode de Pound-Drever-Hall pour un coût moindre et une simplicité de mise en
œuvre bien plus grande.

C Asservissement de la fréquence d’un laser sur

une transition atomique

Lors des expériences utilisant des interactions entre lasers et atomes (chapitres 6
et 7), nous devrons disposer de faisceaux dont les fréquences sont exactement réso-
nantes avec celles de la raie D2 du césium. Pour asservir la fréquence des lasers sur ces
transitions, il suffit de contre-réagir sur la longueur de la cavité laser à l’aide une cale
piézo-électrique dont la tension est proportionnelle à un signal d’erreur représentatif de
l’écart entre la fréquence du laser et la transition atomique à atteindre. Pour obtenir
un tel signal d’erreur, plusieurs méthodes sont possibles.

Si on travaille avec des atomes froids, il suffit de mesurer l’absorption d’une fraction
du faisceau traversant ces atomes tout en balayant la fréquence du laser pour obtenir
directement des pics d’absorption. Ces pics auront alors une largeur égale à la largeur
naturelle des transitions considérées, soit environ 5 MHz dans notre cas, l’effet Doppler
étant négligeable. A partir de ces pics, on peut construire un signal d’erreur en appli-
quant par exemple la méthode de modulation-démodulation évoquée précédemment.

C.1 Largeur Doppler

Quand on travaille avec des atomes à température ambiante, l’élargissement Doppler
devient prépondérant devant la largeur naturelle des transitions. En effet, la vitesse
quadratique moyenne des atomes dans la direction du faisceau laser vaut

vD =

√
kBT

m
(2.23)



C. Asservissement de la fréquence d’un laser sur une transition atomique 57

où kB est la constante de Boltzmann, T la température des atomes et m la masse d’un
atome. On en déduit alors l’élargissement (demi-largeur) en fréquence à 1√

e
d’une raie

atomique infiniment étroite centrée à la longueur d’onde λ

∆D =
1

λ

√
kBT

m
(2.24)

A 25̊ C pour le césium sur la raie D2 (λ = 852,1 nm dans l’air), on trouve une demi-
largeur de 160 MHz, bien plus grande que les 5 MHz de largeur naturelle. Pire, l’élargis-
sement Doppler est du même ordre de grandeur que l’écart entre sous niveaux-hyperfins
excités de la raie D2 du césium (voir annexe B pour les détails concernant cette raie
atomique). Les trois pics étroits d’absorption que l’on observerait avec des atomes froids
se transforment alors en un profil Doppler unique ayant une largeur de 700 à 800 MHz.
La structure hyperfine n’est donc pas accessible directement par mesure de l’absorption
du faisceau, contrairement à ce qui se passe pour des atomes froids.

C.2 Montage d’absorption saturée

La solution consiste à procéder à une absorption saturée de la vapeur atomique
(voir par exemple [Siegman, 1986]). Le type de montage que nous utilisons sur nos
expériences est schématisé figure 2.4. Un faisceau venant du laser à la fréquence ωL

Cs

PD1

PD2

50/50

Lame
de verre

R=10%
PompeSonde 1

Sonde 2

Pics d'absorption saturée
Laser wL

Fig. 2.4 – Schéma de montage d’absorption saturée utilisé dans nos expériences.

est envoyé vers le montage d’absorption saturée. Une faible partie de ce faisceau est
prélevée par une lame de verre non traitée (par exemple) afin de créer un faisceau sonde
(sonde 1 sur la figure). Ce faisceau de très faible intensité traverse la cellule contenant
les atomes avant d’être mesuré par une photodiode (PD1 sur la figure). Le reste de la
puissance, appelé faisceau de pompe, est superposé de façon contrapropageante avec
cette sonde. La pompe a une intensité suffisante pour saturer les transitions atomiques.
En l’absence de faisceau pompe, on obtiendrait sur la photodiode PD1 un simple signal
d’absorption ayant un profil Doppler de plusieurs centaines de MHz de largeur, comme
évoqué précédemment. Par contre, lorsque la pompe est présente, elle va saturer les
transitions des atomes qui sont à résonance avec elle et le faisceau sonde ne“verra”plus
ces atomes, d’où une absorption réduite pour la sonde. On s’attend donc à observer
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des pics de transparence pour les atomes simultanément résonants avec la sonde et la
pompe. Cette condition de résonance se traduit par le système d’équations





ωL(1 + v
c
) = ωi

et
ωL(1− v

c
) = ωj

(2.25)

où v est la vitesse selon l’axe du faisceau de ces atomes doublement résonants et {i, j} ∈
{1, ..., n}2 avec ωj la fréquence de la transition du niveau fondamental vers le niveau
excité F ′ = j (n niveaux excités). On résout ce système et on trouve les solutions





ωL = ωi et v = 0 pour i = 1, ..., n
ou

ωL =
ωi+ωj

2
et v = c

ωi−ωj

ωi+ωj
pour i 6= j

(2.26)

Les premières solutions s’appellent des résonances directes et correspondent à des
atomes résonants de vitesse nulle. Il y en a autant que le nombre de transitions. La
deuxième classe de solutions s’appelle les résonances croisées (“cross-over”) et corres-
pondent à des atomes de vitesse non nulle résonants avec la pompe et la sonde sur
des transitions différentes. Il y en a autant que le nombre de paires différentes parmi n
transitions.

Un exemple de profil d’absorption saturée à partir du niveau fondamental F = 4
pour la raie D2 du césium est présenté figure 2.5 (a).
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Fig. 2.5 – (a) Spectre d’absorption saturée de la raie D2 du césium à partir du niveau
F=4. (b) Le même spectre après soustraction du profil Doppler (haut) et signal d’erreur
obtenu à partir de ce spectre par la méthode de modulation-démodulation (bas). Courbes
provenant d’un montage utilisant une diode laser à filtre interférentiel (section D.3).

On y observe comme attendu 3 transitions directes et 3 cross-over. Afin de s’af-
franchir du fond Doppler résiduel et du bruit d’intensité du laser, et aussi pour mieux
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faire ressortir les pics, on soustrait à ce signal celui de la photodiode PD2 qui me-
sure l’absorption simple d’un second faisceau sonde traversant la cellule, sans pompe
contrapropageante (sonde 2 figure 2.4). On obtient alors un spectre d’absorption sa-
turée présentant un bon rapport signal sur bruit à partir duquel on peut construire
un signal d’erreur par exemple en utilisant la méthode de modulation-démodulation
(figure 2.5 (b)).

D Sources laser

D.1 Laser à titane-saphir

Nous disposions déjà dans l’équipe d’un laser à titane-saphir continu pouvant four-
nir une puissance de 1 W. Ce laser est utilisé pour l’expérience de stockage d’un état
cohérent, comme expliqué au chapitre 6. Il est décrit en détail dans la thèse de Jean
Cviklinski [Cviklinski, 2008]. Afin de pouvoir travailler indépendamment de l’expé-
rience de mémoire et de disposer d’une puissance importante pour pomper le doubleur
de fréquence, nous avons décidé de mettre en place un second laser de ce type pour
l’expérience de production d’états comprimés. Ce laser, ainsi que les éléments optiques
permettant son asservissement en fréquence et son injection dans des fibres optiques,
sont schématisés figure 2.6.
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té
e,

F
M

:
fib

re
m

on
om

od
e,

F
M

P
:
fib

re
m

on
om

od
e

à
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D.1.1 Description de la cavité laser

Le laser titane-saphir continu utilisé est le modèle Matisse TR de la société Spectra-
Physics. Il est pompé par un laser à Nd :YAG doublé à 532 nm (modèle Verdi V18
de la société Coherent). Il fournit une puissance de sortie de 2,2 à 4,2 W à 852 nm
pour des puissances de pompe allant de 10 à 18 W et un coupleur de sortie ayant une
transmission de 8 %. Le mode de sortie est un mode TEM00 de polarisation horizontale,
ayant un waist3 d’environ 480 µm à une distance de 300 mm du miroir de couplage.

La cavité laser en elle-même est très similaire à celle du second laser titane-saphir
dont nous disposons qui a été construit sur un modèle développé dans le laboratoire.
Ce type de laser et le rôle des différents éléments le composant est décrit en détail
notamment dans [Biraben, 1979, Bourzeix et al., 1993]. Nous nous contenterons donc
d’une présentation succincte de la cavité et de ses caractéristiques.

La cavité en anneau a une longueur de 1,75 m, ce qui correspond à un intervalle
spectral libre (ISL) de 170 MHz. Deux miroirs concaves présentant un rayon de cour-
bure de 150 mm focalisent le faisceau au centre du cristal avec un waist de l’ordre
de 30 µm. Etant donné la largeur de la courbe de gain du titane-saphir ainsi que les
traitements des miroirs de la cavité, ce laser est accordable entre 770 et 890 nm. Il en
résulte que plusieurs centaines de milliers de modes longitudinaux peuvent résonner.
Afin d’assurer un fonctionnement monomode du laser, trois filtres sont placés dans la
cavité [Bourzeix et al., 1993] : un filtre de Lyot, un étalon mince d’ISL 150 GHz et un
étalon épais d’ISL 20 GHz. Les positions du filtre de Lyot et de l’étalon mince sont
commandées par des moteurs pas à pas.

Afin de pouvoir balayer la cavité laser sans saut de mode sur plusieurs GHz, la
longueur de l’étalon épais doit être asservie à la fréquence de la cavité. Ceci est assuré
par le bôıtier électronique de contrôle fourni avec le laser. Une modulation à 6 kHz
est appliquée sur la cale piézo-électrique de l’étalon, ce qui provoque une modulation
de la puissance totale du laser mesurée par la photodiode interne PD1. Ce signal est
traité numériquement, à l’aide d’une boucle à verrouillage de phase (PLL) associée à un
PID, le signal d’erreur étant ensuite renvoyé comme contre-réaction sur la même cale
piézo-électrique. En pratique, cet asservissement peut rester stable pendant plusieurs
heures, ce qui est largement suffisant pour nos expériences.

Une fois cet asservissement réalisé, la cavité peut être scannée à l’aide d’un empi-
lement de cales piézo-électriques (SPZ) monté sur l’un des miroirs de cette cavité. Ce
système permet de balayer la fréquence du laser sur plusieurs GHz, mais lentement,
l’électronique de contrôle ayant une bande passante de 100 Hz. Pour balayer plus rapi-
dement la fréquence du laser, il y a une autre cale piézo-électrique (FPZ) sur laquelle
est montée un très petit miroir (5 mm de diamètre). Cette cale a une bande passante
de 5 kHz, mais ne permet un balayage de fréquence que sur quelques dizaines de MHz.

3 Dans l’ensemble de ce manuscrit, le waist sera défini comme la demi-largeur à 1
e2 du profil

d’intensité.
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D.1.2 Asservissement de la fréquence du laser

Afin de réduire la largeur de raie du laser il est nécessaire d’asservir sa fréquence sur
une cavité de référence externe très stable. Cependant, la fréquence absolue du laser
n’est pas fixée, et est sensible aux dérives lentes de la cavité de référence, dues notam-
ment aux variations de température dans la salle d’expérience. Afin de s’affranchir de
ce problème, la cavité de référence est à son tour asservie sur une référence absolue, à
savoir une transition atomique du césium obtenue par absorption saturée. Nous allons
maintenant présenter ces deux étapes de l’asservissement du laser.

Stabilisation du laser sur une cavité externe

La fréquence du laser est asservie sur une cavité de référence externe très stable en
Invar. Il s’agit d’une cavité Fabry-Pérot symétrique, de longueur 240 mm, avec des mi-
roirs concaves de rayon de courbure égal à 1000 mm et présentant chacun une réflexion
de 95 %. La cavité a un ISL de 625 MHz et une finesse d’environ 60. L’asservissement
s’effectue sur un flanc des pics de cavité par la méthode présentée à la section B.1, après
soustraction d’un offset issu de la photodiode PD3. Cette photodiode, placée avant la
cavité, mesure une fraction égale à 40 % de la puissance du faisceau arrivant sur cette
cavité (figure 2.6). Cette méthode est plus pratique qu’un simple offset électronique
puisqu’elle permet de s’affranchir des variations de puissance du laser.

Un fois le signal d’erreur obtenu, il est envoyé vers un système d’asservissement
proportionnel-intégral interne au bôıtier électronique du laser qui contre-réagit sur la
cale piézo-électrique rapide FPZ, permettant ainsi de verrouiller la fréquence du laser
sur la cavité. Un seconde boucle prend comme signal d’erreur la différence entre la
position réelle de la cale rapide et sa position centrale, et contre-réagit sur la cale
épaisse SPZ. Ceci permet de garder la cale rapide en permanence autour de sa position
centrale tout en autorisant le laser à suivre les dérives lentes de la cavité. Une fois
la boucle d’asservissement fermée et optimisée, les fluctuations à long terme de la
fréquence du laser sont de l’ordre de 100 kHz, ce qui est suffisant pour nos expériences.

Stabilisation de la cavité sur une transition atomique

Etant donné que nous souhaitons travailler sur la raie D2 du césium, nous allons
asservir la fréquence du laser sur l’une de ses transitions, plus précisément la transition
6S1/2 F = 3 → 6P3/2 F ′ = 2 (chapitre 6). Nous utilisons pour cela un montage
d’absorption saturée dont le principe a été décrit à la section C.2. Ce montage se situe
sur la figure 2.6 après le modulateur acousto-optique.

Ce modulateur fonctionnant à 75 MHz dans l’ordre +1 (modèle MT80-B30A1-IR
de la société A.A.) permet d’accorder très précisément la fréquence du laser autour
de la transition atomique choisie. On pourrait réaliser ce décalage en fréquence sur le
trajet principal du faisceau, mais ceci a comme inconvénient de rajouter du bruit et
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des pertes [Cviklinski, 2008]. De plus, le seuil de dommage de ce modèle de modulateur
est d’environ 5 W/mm2, valeur atteinte avec un faisceau de 2,5 W et un waist dans le
cristal du modulateur de 400 µm.

On obtient un signal d’erreur à partir des pics d’absorption saturée en utilisant la
méthode de modulation-démodulation décrite en B.2, une modulation de 30 kHz étant
appliquée sur le modulateur acousto-optique. Le signal d’erreur est envoyé vers un
intégrateur, puis un amplificateur, avant d’être appliqué sur la cale piézo-électrique de
la cavité de référence. La fréquence du laser est donc, par l’intermédiaire de la cavité,
asservie sur une des transitions hyperfines de la raie D2 du césium. Afin d’avoir le
laser résonant sur la transition 6S1/2 F = 3 → 6P3/2 F ′ = 2, la cavité de référence
est verrouillée sur le cross-over 2− 3 distant de 75 MHz de la transition souhaitée, ce
décalage étant compensé par le modulateur acousto-optique.

La stabilité du laser et sa direction de sortie sont contrôlées par l’intermédiaire d’une
cavité d’observation balayée en continu. De plus, il est pratique d’avoir une estimation
de la longueur d’onde du laser quand celui-ci n’est pas asservi sur une transition du
césium. Pour cela, une dizaine de mW sont prélevés sur le faisceau principal et sont
injectés vers une fibre monomode (FM sur la figure 2.6) avant d’être envoyés vers un
lambdamètre ou bien un spectromètre.

D.1.3 Mesure du bruit d’intensité du laser

On a mesuré à l’aide d’une détection équilibrée (section A.3) le bruit d’intensité du
laser quand celui-ci est asservi sur la cavité de référence. Les résultats sont présentés
sur la figure 2.7 pour un faisceau de 14 mW et un analyseur de spectre possédant
une résolution en fréquence de 10 kHz. Comme on peut le voir, le laser est au bruit
quantique standard à partir d’une fréquence d’analyse d’environ 1,5 MHz à 2 MHz.
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Fig. 2.7 – Puissance de bruit du laser titane-saphir pour un faisceau de 14 mW mesuré
sur une détection balancée. Bruit total du laser obtenu par la somme des photocourants
(a) et limite quantique standard obtenue par la différence des photocourants (b).
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D.1.4 Fibrage du laser

Afin de s’affranchir des légères variations de direction du faisceau laser au bout de
plusieurs heures d’utilisation et de pouvoir travailler sur une autre table d’expérience,
nous avons décidé de l’injecter dans une fibre (FMP1 sur la figure 2.6). Nous souhaitons
pouvoir disposer d’environ 1 W de puissance en sortie. Nous avons opté pour une fibre
monomode à maintien de polarisation de 10 m (modèle PMJ de la société OzOptics,
associé au coupleur modèle HPUCO possédant une lentille asphérique de 6,2 mm).
Avec 1,4 W de puissance en entrée et un taux de couplage dans la fibre de 70 %,
nous obtenons la puissance désirée en sortie. Un taux de couplage supérieur à 70% est
difficile à obtenir en pratique, notamment à cause d’un mode transverse légèrement
elliptique et d’une dépendance du coefficient de couplage avec la puissance injectée,
probablement due à des effets thermiques dans la fibre.

Le maintien de la polarisation est très important à la sortie de la fibre puisque
ce faisceau est utilisé pour l’expérience de doublage de fréquence ainsi que pour l’os-
cillateur paramétrique optique. En effet, une rotation au cours du temps de quelques
degrés de la polarisation en sortie se traduirait par des variations inacceptables de la
puissance à cause de la présence d’éléments polarisants après la fibre. Le maintien de
polarisation n’a lieu que si la polarisation du faisceau entrant est très bien définie et
très bien alignée avec un des deux axes de la fibre. C’est pour cela que l’on a placé une
lame demi-onde suivie d’un cube polarisant de très bonne qualité juste avant l’entrée
dans la fibre. On mesure alors le taux de réjection de la polarisation orthogonale en
sortie de fibre, défini comme le ratio de la puissance sur la ”mauvaise” polarisation
(disons verticale) et de la puissance sur la ”bonne polarisation” (disons horizontale).
Cette mesure s’effectue en plaçant en sortie un cube polarisant réfléchissant la ”bonne”
polarisation et en regardant les variations de la puissance transmise par le cube lorsque
la fibre est soumise à des contraintes thermiques et mécaniques importantes. En op-
timisant les angles de la lame demi-onde et du cube placés avant la fibre, nous avons
obtenu un taux de réjection de la polarisation de -20 dB, ce qui est satisfaisant pour
nos expériences.

Notons enfin qu’une seconde fibre a été mise en place (FMP2 sur la figure 2.6) afin
de pouvoir utiliser la puissance restante du laser pour d’autres expériences.

D.2 Diode laser en cavité étendue sur réseau

Pour les expériences décrites dans ce manuscrit, nous aurons souvent besoin de
plusieurs faisceaux accordés sur différentes transitions atomiques du césium. Quand il
s’agira de faible puissance (de l’ordre d’une dizaine de mW), nous utiliserons des diodes
laser, le laser à titane-saphir étant destiné aux faisceaux de fortes puissantes et à ceux
nécessitant d’être au bruit quantique standard.

Le schéma de montage de ces diodes laser en cavité étendue sur réseau (montage
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type Littrow) est présenté figure 2.8 (a).

Prismes
anamorphoseurs

Isolateur
optiquel/2

Asservissement
fréquence laser

Diode
laser

Réseau
sur PZT

Absorption
saturée

l/2
PBS

FMP

AOM

(a) (b)

Diode laser

Lentille de collimation

Miroir de renvoi

Réseau

Faisceau laser

l/2

R=95%

Fig. 2.8 – (a) Schéma de montage de la diode laser en cavité étendue sur réseau ainsi
que des éléments externes permettant son asservissement et son fibrage (FMP : fibre mo-
nomode à maintien de polarisation). (b) Photographie de l’intérieur de la cavité étendue
de la diode laser.

On utilise des diodes à 852 nm modèle SDL ou JDSU 5422-H1 en bôıtier TO-3. Ces
diodes peuvent supporter un courant maximal d’environ 150 mA. Leur courant et leur
température sont contrôlés précisément à l’aide de bôıtiers électroniques construits
au laboratoire. Le faisceau de sortie de ces diodes étant fortement divergent, il est
collimaté à l’aide d’une lentille asphérique de focale d’environ 4 à 5 mm. Le montage
en cavité étendue permet de réduire fortement leur largeur de raie. Nous utilisons
comme élément sélectif en fréquence, jouant aussi le rôle du miroir de sortie, un réseau
blazé dans l’ordre +1 possédant 1200 traits par mm. Le coefficient de réflexion vers la
diode est d’environ 24%, le reste étant transmis vers la sortie. Ce réseau est monté sur
une cale piézo-électrique qui permet de modifier la longueur de la cavité. En jouant
sur le courant d’alimentation de la diode, sa température, l’orientation du réseau et
la longueur de la cavité, on arrive à obtenir un faisceau monomode accordable pour
des courants d’alimentation d’au maximum 100 mA, soit environ 10 fois le seuil. La
puissance de sortie est d’au maximum 40 mW dans ces conditions.

Le faisceau de sortie présente une ellipticité importante (environ 3 :1) comme on
peut le voir sur la photographie de la figure 2.8 (b). Cette ellipticité est corrigée en sortie
par deux prismes anamorphoseurs ayant un rapport d’anamorphose de 3. Après passage
par un isolateur optique, la plus grande partie de la puissance est envoyée vers une fibre
monomode à maintien de polarisation, après avoir traversé un modulateur acousto-
optique. Ce modulateur, utilisé dans l’ordre +1 ou −1, permet d’une part de moduler
rapidement la puissance à la sortie de la fibre et d’autre part d’accorder finement
la fréquence du faisceau une fois la diode asservie sur une transition atomique. Cet
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asservissement se fait à l’aide d’un montage d’absorption saturée. Le signal de contre-
réaction obtenu comporte une partie intégrée “basses fréquences” (fréquence de coupure
de l’ordre de 100 Hz) et une partie non intégrée “hautes fréquences” (d’environ 100 Hz à
une dizaine de kHz). La partie basses fréquences est envoyée vers la cale piézo-électrique
tandis que la partie hautes fréquences contre-réagit sur le courant d’alimentation de la
diode.

Nous obtenons au final environ 10 mW de puissance en sortie de fibre. Bien que
faisant perdre beaucoup de puissance à cause d’un couplage dépassant rarement les
50 %, ces fibres filtrent le mode spatial du faisceau et fixent sa direction, et permettent
de le transporter facilement en différents endroits de la salle d’expérience.

D.3 Diode laser en cavité étendue avec filtre interférentiel

Il existe un autre montage de diode laser en cavité étendue qui consiste à utiliser
un filtre interférentiel au lieu d’un réseau comme élément sélectif en fréquence. Nous
avons construit de telles diodes laser d’après un montage développé par l’Observatoire
de Paris [Baillard et al., 2006]. Le schéma ainsi qu’une photographie d’une diode et de
sa cavité étendue sont présentés sur la figure 2.9.

Diode
laser

Miroir R = 30 %
sur PZT

(a) (b)

Diode laser

Lentille de collimation

Miroir R = 30 %

Filtre interférentiel

Faisceau laser

Filtre

Lentilles

PZT

Fig. 2.9 – (a) Schéma de montage de la diode laser en cavité étendue avec filtre interfé-
rentiel. (b) Photographie de l’intérieur de la cavité étendue de la diode laser.

Le filtre interférentiel a une transmission d’environ 90 % et une largeur totale à mi-
hauteur d’environ 0,3 nm. La cavité est linéaire et le miroir de sortie, de transmission
environ égale à 30 %, est monté sur une cale piézo-électrique afin de pouvoir balayer la
longueur de la cavité. Les avantages de ce montage comparé à une diode laser en cavité
étendue sur réseau sont nombreux. Tout d’abord, l’élément sélectif en fréquence et le
miroir de sortie de la cavité sont découplés alors que c’est le réseau qui assure les deux
fonctions pour un montage en configuration Littrow. Ceci permet d’optimiser ces deux
éléments de façon indépendante lors du montage et assure une meilleure accordabilité
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et une meilleure stabilité à long terme de l’ensemble de la diode. Le second avantage est
que la cavité est linéaire et que par conséquent la direction de sortie n’est pas modifiée
lorsqu’on change la longueur d’onde de la diode en tournant légèrement le filtre. Dans
une diode sur réseau, la modification de la longueur d’onde est obtenue en changeant
l’angle du réseau et par conséquent la direction du faisceau de sortie. Enfin, le montage
présenté sur la figure 2.9 utilise une configuration de type “œil de chat” où le miroir de
sortie est dans le plan focal de la lentille centrale. Ceci rend le système robuste vis-à-vis
d’un décalage d’angle ou de position du faisceau intracavité.

Ces diodes laser en cavité étendue avec filtre interférentiel présentent une puissance
et des caractéristiques spectrales similaires aux diodes laser sur réseau mais avec une
stabilité bien plus grande. Elles remplaceront à terme toutes les diodes laser sur réseau
présentes sur notre expérience.
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Partie II

Génération et caractérisation d’un
état de vide comprimé à 852 nm





Il existe différentes méthodes pour générer des états comprimés du champ. Le pro-
cessus de mélange à 4 ondes a permis l’observation du premier état comprimé en 1985
[Slusher et al., 1985] avec des atomes de sodium. Cette première démonstration a été
suivie par une autre expérience utilisant cette fois-ci le mélange à 4 ondes dans une fibre
[Shelby et al., 1986] puis par la première démonstration de compression à l’aide d’un os-
cillateur paramétrique optique (OPO) fonctionnant en régime continu [Wu et al., 1986]
conduisant à 3 dB de compression à 1064 nm. C’est aussi avec un OPO fonctionnant
à cette longueur d’onde qu’a été obtenue la première compression de bruit en régime
pulsé [Slusher et al., 1987].

Depuis ces premières réalisations expérimentales, de nombreux efforts ont été faits
afin de produire des états comprimés en régime de variables continues. Récemment,
un taux de compression de 10 dB [Vahlbruch et al., 2008] a été obtenu avec un OPO
fonctionnant à 1064 nm dans le but d’augmenter la précision des détecteurs d’ondes
gravitationnelles sous la limite quantique standard. De nombreuses recherches ont aussi
été menées sur la production d’états comprimés à des longueurs d’onde résonantes avec
des transitions atomiques. Ceci s’inscrit dans la cadre de la réalisation d’interfaces
de transfert atomes-champs avec de la lumière comprimée, utiles pour des réseaux de
communications quantiques. On peut citer les travaux menés sur la raie D1 du rubidium
où des réductions de bruit de 2,8 dB [Tanimura et al., 2006], 3,5 dB [Appel et al., 2008]
et 5 dB [Hétet et al., 2007] ont été obtenues à l’aide d’OPO utilisant des cristaux de
PPKTP. Concernant le césium, il y a à notre connaissance 4 expériences qui ont conduit
à de la compression de bruit à 852 nm. La première a été faite dans l’équipe de H. J.
Kimble afin d’améliorer la sensibilité de mesures spectroscopiques [Polzik et al., 1992].
Ils ont utilisé un OPO comportant un cristal de niobate de potassium et ont obtenu un
peu plus de 3 dB de compression de bruit. Plus récemment, le même type de montage
a été utilisé dans l’équipe de E. S. Polzik, conduisant à 2,2 dB de compression entre 1
et 2 MHz [Neergaard-Nielsen et al., 2006]. Notre équipe a aussi réalisé deux sources de
lumière comprimée à 852 nm. La première s’appuie sur la non-linéarité χ(3) présente
dans des atomes froids en cavité [Lambrecht et al., 1996, Coudreau, 1997, Josse, 2003]
et la seconde sur une diode laser en cavité étendue [Marin et al., 1997], et ont donné
respectivement 2,2 et 1 dB de compression de bruit.

Les deux montages utilisés précédemment dans notre équipe étaient assez complexes
à mettre en œuvre ou ne donnaient pas un taux de compression suffisant. C’est pour
cela que nous avons décidé de monter un nouveau dispositif utilisant un oscillateur
paramétrique optique permettant de produire un état de vide comprimé résonant avec
la raie D2 du césium, cet état non-classique de la lumière étant destiné à être stocké
dans une mémoire atomique. Cet OPO fonctionne sous le seuil d’oscillation et est
pompé par un faisceau issu d’un doubleur de fréquence. Après avoir rappelé dans le
chapitre 3 la théorie du doublage de fréquence et de la conversion paramétrique en
régime dégénéré, nous présenterons dans le chapitre 4 les résultats expérimentaux que
nous avons obtenus avec un tel montage. Nous verrons aussi comment mesurer les états
sortant de l’OPO par tomographie quantique homodyne. Enfin, dans le chapitre 5 nous
étudierons la possibilité d’obtenir des faisceaux intriqués à partir de cette source de
vide comprimé en comparant deux dispositifs, à savoir une lame semi-réfléchissante et
une cavité de filtrage de type Fabry-Pérot.
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Chapitre 3. Théorie du doublage de fréquence et de la conversion paramétrique

dégénérée

Nous rappelons dans ce chapitre les équations de base pilotant les processus de dou-
blage de fréquence et de conversion paramétrique en régime dégénéré. Nous montrerons
tout particulièrement comment la conversion paramétrique en cavité permet d’obtenir
des faisceaux comprimés.

A Milieux non-linéaires

A.1 Equations de propagation

Commençons par rappeler les équations de propagation dans un milieu non-linéaire
diélectrique. On suppose que tous les champs se propagent selon une direction com-
mune, par exemple l’axe Oz, et on utilise la notation complexe définie au chapitre 1
pour écrire ces champs sous la forme :

E(+)(z, t) = E(z, t)ei(kz−ωt) (3.1)

le champ réel valant E(z, t) = E(+)(z, t)+E(−)(z, t) = E(z, t)ei(kz−ωt)+E(z, t)∗e−i(kz−ωt)

Dans un milieu non-linéaire, les équations de propagation1 pour ce champ s’écrivent

∆E(+) − 1

c2

∂2E(+)

∂t2
= µ0

∂2P (+)

∂t2
(3.2)

où P (+)(z, t) est la partie à fréquences positives de la polarisation induite P (z, t) du
milieu non-linéaire

P (+)(z, t) =

∫ ∞

0

P (z, ω)e−iωt dω

2π
(3.3)

Dans un milieu diélectrique non-linéaire, la polarisation macroscopique et le champ
électrique sont reliés sous forme d’une série convergente2

P (z, ω) = ε0χ
(1)E(z, ω)︸ ︷︷ ︸

partie linéaire

+ ε0(χ
(2)E2(z, ω) + χ(3)E3(z, ω) + ...)︸ ︷︷ ︸

partie non-linéaire

(3.4)

les susceptibilités non-linéaires d’ordre n, χ(n), devenant de plus en plus petites lorsque
n augmente.

Pour des champs électriques faibles dans des milieux possédant de faibles susceptibi-
lités d’ordre supérieur, seul le terme linéaire est pertinent. On a alors affaire à l’optique

1 Pour obtenir cette expression, on néglige la double réfraction ou “walk-off” et donc le terme en
~∇(~∇. ~E) dans l’équation de propagation.

2 L’écriture présentée ici est une approximation. En effet, en toute rigueur, χ(n) est un tenseur
d’ordre n + 1. Les susceptibilités scalaires de la relation (3.4) sont appelées susceptibilités effectives,
souvent notées χ(n)eff . De plus, dans la littérature, le tenseur χ(2) est souvent remplacé par le tenseur
d suivant la relation χ(2) = 2d.
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linéaire “traditionnelle” avec une propagation des différents champs sans influence mu-
tuelle et la notion usuelle d’indice de réfraction.

Quand on utilise des champs électriques intenses dans des milieux où les susceptibi-
lités d’ordre supérieur ne sont pas trop faibles, le terme non-linéaire commence à jouer
un rôle non négligeable. On a alors affaire aux milieux non-linéaires dont la théorie a
connu d’importants développements dans les années 1960 [Armstrong et al., 1962]. Ces
milieux présentent des indices optiques dépendant des champs (indices non-linéaires),
permettent de faire de la génération d’harmoniques et de la conversion paramétrique.

Nous allons maintenant nous intéresser aux deux premiers termes non-linéaires de
cette série.

A.2 Effet Kerr

Le terme d’ordre 3 joue un rôle très important en optique non-linéaire. Il permet
notamment de faire varier l’indice de réfraction d’un milieu en fonction de l’intensité du
champ électrique le traversant, comme on peut le voir en réécrivant le module du terme
χ(3)E3 sous la forme |χ(3)||E2||E| = (|χ(3)|I)|E|. On appelle cela l’effet Kerr. Cet effet
permet de produire des états comprimés du champ grâce à un effet asymétrique sur les
quadratures. En effet, si on envoie un état cohérent dans un tel milieu, les fluctuations
du champ possédant la plus grande intensité vont voir un indice, et donc un déphasage,
plus petit que les fluctuations correspondant à des intensités plus faibles. En prenant
l’image d’un état cohérent dans le repère de Fresnel de la figure 1.4 du chapitre 1, on
obtient une transformation du disque des fluctuations en une ellipse de même aire après
traversée du milieu Kerr [Lambrecht, 1995]. On a donc en sortie un état comprimé.
Cette compression de bruit a été mesurée expérimentalement dans des fibres optiques
[Silberhorn et al., 2001] ainsi que dans des atomes froids en cavité au sein de notre
groupe [Lambrecht, 1995, Coudreau, 1997, Josse, 2003].

A.3 Processus non-linéaires du deuxième ordre

A partir de maintenant, et dans tout le reste du manuscrit, nous ne considère-
rons que les processus faisant intervenir la susceptibilité linéaire d’ordre 2 où seuls
trois champs interagissent entre eux. On parle alors de mélange à 3 ondes. Il s’agit
des premiers effets non-linéaires apparaissant uniquement dans les milieux non centro-
symétriques.3

A partir de l’équation (3.2), en considérant les effets non-linéaires comme une per-
turbation de la solution linéaire, et en faisant l’approximation de l’enveloppe lentement

3 Un milieu est dit centro-symétrique s’il est invariant par la symétrie ~r → −~r. Dans un tel milieu,
toutes les susceptibilités non-linéaires d’ordre n pair sont nulles.
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variable (i.e. E(z, t) oscille peu sur une longueur d’onde), on trouve [Shen, 1984]

∂Ej(z)

∂z
=

iωj

2n(ωj)ε0c
PNL

j (z)e−ikjz (3.5)

où PNL
j (z) est la polarisation non-linéaire d’ordre 2 en notation complexe et c’est une

combinaison linéaire des produits de la forme En(z)Em(z), En(z)E∗m(z) où les fréquences
des trois champs couplés vérifient l’une des relations suivantes

• ωj = ωn + ωm : somme de fréquences

• ωj = ωn + ωn : doublage de fréquence

• ωj = ωn − ωm : différence de fréquences

• ωj = ωn − ωn = 0 : redressement optique

Nous allons maintenant étudier en détail les deux processus qui vont nous intéresser
expérimentalement : le doublage de fréquence et la conversion paramétrique (figure
3.1).

w
1

w
2

w
1

wI

wP

wS

(a) (b)

Fig. 3.1 – Deux exemples de mélanges à 3 ondes : doublage de fréquence (a) et conversion
paramétrique (b).

B Doublage de fréquence

Le doublage de fréquence ou génération de seconde harmonique est le phénomène
dans lequel un champ incident de fréquence ω1, appelé champ pompe, donne naissance
à un champ de fréquence double ω2 = 2ω1, appelé seconde harmonique.
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B.1 Résolution des équations de propagation

Le système d’équations de propagation (3.5) devient dans ce cas [Joffre, 2009]




∂E2(z)

∂z
=

iω2χ
(2)

2n(ω2)c
E2

1 (z)ei∆kz

∂E1(z)

∂z
=

iω1χ
(2)

n(ω1)c
E2(z)E∗1 (z)e−i∆kz

(3.6)

où ∆k = 2k1−k2 est appelé le désaccord de phase. Pour résoudre ce système, on suppose
que le processus de doublage de fréquence est faible et que par conséquent le champ
E1 est à peu près constant dans le milieu. Dans notre expérience, cette hypothèse
sera vérifiée puisqu’on aura des efficacités de conversion d’environ 2 %/W pour une
puissance de pompe en cavité de quelques W et une absorption de 2 % dans le milieu
non-linéaire (voir section A.1 du chapitre 4). E1 ne dépendant plus de z, on résout
immédiatement l’équation (3.6) en supposant que le champ E2 est nul à l’entrée du
milieu non-linéaire, c’est-à-dire en z = 0

E2(z) =
iω2χ

(2)

2n(ω2)c
E2

1

ei∆kz − 1

i∆k
(3.7)

B.2 Efficacité non-linéaire en simple passage

Nous sommes intéressés par l’efficacité non-linéaire de conversion en simple passage
ENL qui est définie comme le ratio de la puissance de seconde harmonique à la cote z
du milieu non-linéaire par le carré de la puissance pompe incidente

P2(z) = ENL(z, ∆k)P 2
1 (0) (3.8)

Sachant que la puissance du champ Ej vaut Pj = 2njcε0S|Ej|2 dans l’approximation des
ondes planes, où S est la surface transverse de l’onde, on obtient la valeur de l’efficacité
non-linéaire pour le processus de doublage de fréquence

ENL(z, ∆k) =
ω2

2(χ
(2))2

2n(ω2)n(ω1)2c3ε0S

sin2(∆kz
2

)

(∆k)2
(3.9)

On constate immédiatement que l’efficacité de conversion dépend de la distance z
parcourue dans le milieu non-linéaire et du désaccord de phase ∆k.

B.3 Accord de phase

Dans le cas le général, on n’a pas accord de phase parfait, d’où ∆k 6= 0. La puissance
P2 évolue alors de façon périodique dans le milieu (figure 3.2) et sa valeur en sortie
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dépendra de façon cruciale de la longueur totale l du milieu. Elle sera maximale si cette
longueur est un multiple impair de la demi-période lc de cette fonction périodique, soit
lc = π/|∆k|. On appelle lc la longueur de cohérence du processus. Elle vaut de l’ordre
de quelques microns pour les matériaux diélectriques habituellement utilisés en optique
dans le visible. De plus, l’efficacité de conversion maximale obtenue en simple passage
est extrêmement faible, de l’ordre de 10−6 à 10−10 W−1. Pour avoir des efficacités totales
de conversion convenables (∼10 %) pour un faisceau incident continu4 de l’ordre de 1 W,
il faudrait amplifier le champ entrant par un facteur 102 à 105, ce qui est dur à faire
expérimentalement voire infaisable et qui risque de détruire le milieu non-linéaire.

Pour contourner ces problèmes, une solution consiste à avoir un accord de phase
parfait, ∆k = 0, et la puissance de seconde harmonique évolue alors en z2

ENL(z, 0) =
ω2

2(χ
(2))2

8n(ω2)n(ω1)2c3ε0S
z2 (3.10)

C’est le cas qui correspond à la conversion la plus efficace et plus le milieu est long,
plus grande sera la puissance en sortie.5 Cette condition d’accord de phase implique
n(ω2) = n(2ω1) = n(ω1). Or dans un matériau isotrope, sauf exception, cette condition
ne peut jamais être respectée, l’indice de réfraction augmentant avec ω. Pour arriver à
obtenir cet accord de phase, il faut utiliser des matériaux biréfringents. Si le faisceau
incident fait un certain angle avec les axes propres du matériau, il est possible que les
indices sur les axes ordinaires et extraordinaires soient suffisamment différents pour
que la condition d’accord de phase soit respectée. On aura alors par exemple ne(2ω1) =
no(ω1), auquel cas deux photons polarisés selon l’axe ordinaire donnent naissance à un
photon polarisé selon l’axe extraordinaire (configuration notée o + o → e). On parle
alors d’un matériau biréfringent de type I.

Dans certains cas, comme les matériaux diélectriques isotropes, l’accord de phase
n’est pas possible. Pour d’autres matériaux, l’accord de phase utilisant la biréfrin-
gence peut s’avérer trop contraignant à mettre en œuvre voire impossible suivant le
couple de fréquences choisi (température d’accord de phase trop grande ou trop petite
par exemple). Il existe une solution intermédiaire entre un accord de phase parfait et
l’absence d’accord de phase permettant d’obtenir des performances assez proches d’un
accord de phase parfait. On appelle cela le quasi-accord de phase. L’idée est de fabriquer
un matériau dont le signe de la susceptibilité non-linéaire est inversé périodiquement,
le retournement ayant lieu pour des distances multiples de la longueur de cohérence lc.
On a ainsi une amplification quelque soit la longueur du cristal, les zones de désam-
plification étant transformées en zones d’amplification grâce au changement de signe

4 Pour un laser pulsé, les puissances crêtes peuvent atteindre facilement 105 à 106 W. L’efficacité
de conversion en simple passage pour une longueur du milieu non-linéaire égale à lc est alors parfois
suffisante pour avoir un taux de conversion global correct.

5 Si ENL devient trop importante, on doit prendre en compte la déplétion de la pompe, ce que
nous n’avons pas fait ici.
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de χ(2) (figure 3.2). Le coefficient de conversion non-linéaire vaut alors, pour un cristal

Dk   0

Dk=0

Quasi-accord de phase

z/lc

P
  
(u

.a
.)

2

0 1 2 3 4 5 6

0

1

2

3

4

Fig. 3.2 – Puissance de seconde harmonique produite en fonction de la distance parcourue
dans le milieu non-linéaire pour trois types d’accord de phase. Les flèches indiquent
l’orientation des domaines dans le cas du quasi-accord de phase.

comportant 2N lames de longueur lc [Joffre, 2009]

EQPM
NL (2Nlc, ∆k) =

2ω2
2(χ

(2))2

n(ω2)n(ω1)2c3ε0S

sin2(N∆klc)

(∆k)2 sin2 (∆klc)
(3.11)

Pour N À 1, ce qui est toujours le cas en pratique, on a

EQPM
NL (2Nlc, ∆k) =

2ω2
2(χ

(2))2

n(ω2)n(ω1)2c3ε0S

N2l2c
π2

(3.12)

Si on compare l’efficacité non-linéaire après une même distance z = 2Nlc dans le cas
du quasi-accord de phase et dans le cas de l’accord de phase parfait, en considérant
que le même coefficient χ(2) est utilisé dans les deux cas, on trouve

EQPM
NL (2Nlc, ∆k)

ENL(2Nlc, 0)
=

4

π2
≈ 0, 4 (3.13)

L’efficacité pour le quasi-accord de phase est donc du même ordre de grandeur que
dans le cas de l’accord de phase parfait. De plus, même si a priori la configuration en
quasi-accord de phase est 60 % moins efficace que la configuration d’accord de phase
parfait, ce n’est souvent pas le cas en pratique. Avec une configuration d’accord de
phase parfait, les faisceaux sont polarisés selon plusieurs axes, et le coefficient non-
linéaire effectif est forcément moins grand que le coefficient non-linéaire le plus grand
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du matériau. Avec le quasi-accord de phase, on peut souvent avoir tous les faisceaux
polarisés selon le même axe et ainsi utiliser le coefficient non-linéaire le plus grand, qui
dépasse souvent largement le coefficient non-linéaire de l’accord de phase parfait. Ainsi,
même en considérant le facteur 4

π2 de la relation précédente, l’efficacité de conversion
non-linéaire est souvent bien meilleure avec le quasi-accord de phase. Ceci fait que
ce processus est largement utilisé aujourd’hui, de par sa flexibilité plus grande que
pour l’accord de phase parfait. On appelle les matériaux présentant un retournement
périodique du signe de χ(2) des matériaux de type PP (“periodically poled”), la période
de retournement étant traditionnellement notée Λ = 2lc.

B.4 Influence de l’absorption sur la seconde harmonique

Dans l’étude précédente, on a négligé l’absorption des faisceaux dans le cristal non-
linéaire. En pratique, avec le milieu non-linéaire que nous utilisons (cristal de PPKTP),
les pertes pour la pompe sont effectivement négligeables, mais pas celles pour la seconde
harmonique (environ 20 % sur la longueur du cristal). Il faut alors en tenir compte dans
l’équation de propagation pour E2 (3.6) qui devient (la puissance de pompe est toujours
considérée comme constante)

∂E2(z)

∂z
+ α(ω2)E2(z) =

iω2χ
(2)

2n(ω2)c
E2

1ei∆kz (3.14)

α(ω2) étant le coefficient d’absorption en amplitude pour le champ à la fréquence ω2.
Le terme source étant sous forme exponentielle, cette équation se résout assez sim-

plement pour trouver l’efficacité de conversion en simple passage

ENL(z, ∆k, α(ω2)) =
ω2

2(χ
(2))2

8n(ω2)n(ω1)2c3ε0S|α(ω2) + i∆k|2
∣∣ei∆kz − e−α(ω2)z

∣∣2 (3.15)

Si on a accord de phase parfait, l’efficacité de conversion devient

ENL(z, ∆k = 0, α(ω2)) =
ω2

2(χ
(2))2

8n(ω2)n(ω1)2c3ε0S

(
1− e−α(ω2)z

)2

α(ω2)2
(3.16)

On peut faire un développement à l’ordre 2 de l’exponentielle, ce qui donne finalement

ENL(z, ∆k = 0, α(ω2)) ≈ ENL(z, ∆k = 0, α(ω2) = 0)(1− α(ω2)z) (3.17)

Ce résultat est intéressant : à l’accord de phase, une absorption caractérisée par le
coefficient α(ω2) pour l’amplitude du champ E2 entrâıne la même absorption sur la
puissance de seconde harmonique produite. On peut interpréter cela en disant que la
seconde harmonique est créée tout au long du milieu non-linéaire et non pas à l’entrée
uniquement, ce qui fait que l’absorption est moyennée sur la longueur du milieu.
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Dans le cas où l’on a quasi-accord de phase et absorption, la résolution de l’équation
de propagation devient plus complexe. Cette résolution est présentée en annexe C. On
trouve au final pour un cristal de longueur z = 2Nlc l’efficacité de conversion

EQPM
NL (2Nlc, ∆k, α(ω2)) =

2ω2
2(χ

(2))2

n(ω2)n(ω1)2c3ε0Sπ2

(1− e−2Nα(ω2)lc)2

4α(ω2)2
(3.18)

Si on fait comme précédemment un développement limité de l’exponentielle, on trouve

EQPM
NL (2Nlc, ∆k, α(ω2)) ≈ EQPM

NL (2Nlc, ∆k, α(ω2) = 0)(1− α(ω2)2Nlc) (3.19)

On constate que l’on retrouve le même type de résultat qu’en (3.17) où l’on avait accord
de phase parfait, et on peut donc faire les mêmes observations que dans ce cas.

B.5 Equation de bouclage de la cavité

B.5.1 Nécessité d’une cavité

Les efficacités de conversion en simple passage précédemment calculées sont faibles,
même pour un accord de phase parfait, à moins d’avoir des milieux non-linéaires d’une
très grande longueur (des fibres par exemple). Pour des matériaux non-linéaires usuels
aux longueurs d’onde visibles avec des focalisations usuelles (une cinquantaine de mi-
crons), on aura une efficacité non-linéaire de l’ordre de 1 %/W. Sachant qu’il nous
faudra une centaine de mW de seconde harmonique pour pomper notre oscillateur pa-
ramétrique optique et que nous avons de l’ordre de 500 mW de pompe pour le doubleur
de fréquence, il faut des taux de conversion de plusieurs dizaines de pourcent. Pour y
parvenir, il faut augmenter fortement la puissance de pompe disponible en utilisant une
cavité résonante. La puissance de seconde harmonique produite étant proportionnelle
au carré de la puissance de pompe, elle augmentera très vite avec la finesse de la cavité,
à taux de conversion constant.

B.5.2 Cas général

Nous utiliserons une cavité en anneau résonante uniquement pour la fréquence de la
pompe et pas pour la fréquence de la seconde harmonique. Le schéma typique d’une telle
cavité est présenté sur la figure 3.3. Les miroirs Mi sont caractérisés par les coefficients
de transmission/réflexion Ti/Ri en puissance et ti/ri en amplitude. ti et ri sont choisis
réels et on a Ti + Ri = t2i + r2

i = 1. On note Lc = 1 − Tc = 1 − t2c le coefficient
traduisant l’ensemble des pertes linéaires en intensité dans le milieu et dans la cavité,
exception faite des miroirs. Enfin, on note Γ le coefficient caractérisant toutes les pertes
non-linéaires dans la cavité, E1 et P1 le champ et la puissance de la pompe incidente.
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M1 M2

M3

P1
P2

Pc

Milieu c
(2)

Fig. 3.3 – Schéma typique d’une cavité en anneau utilisée pour faire du doublage de
fréquence. La cavité est résonante pour la pompe, mais pas pour la seconde harmonique.
Le schéma et les calculs sont encore valables si on a plus de 3 miroirs en regroupant les
pertes induites par les miroirs supplémentaires sur le miroir M3.

Avec ces notations, le champ de pompe Ec circulant dans la cavité s’écrit, à résonance

Ec = E1t1(1 + r1r2r3tc
√

1− ΓE2
c +

(
r1r2r3tc

√
1− ΓE2

c

)2

+ ...)

Ec = E1
t1

1− r1r2r3tc
√

1− ΓE2
c

(3.20)

d’où la puissance Pc de pompe circulant dans la cavité

Pc = P1
T1(

1−
√

(1− T1)(1− T2)(1− T3)(1− Lc)(1− ΓPc)
)2 (3.21)

B.5.3 Simplification

Nous allons maintenant simplifier l’équation précédente en considérant la configura-
tion qui sera réellement utilisée dans notre expérience. Tout d’abord, nous utilisons un
seul miroir de couplage, le miroir M1. Les miroirs M2 et M3 sont totalement réfléchis-
sant pour la pompe, ce qui fait que les transmissions T2 et T3 sont très faibles. Ensuite,
on suppose que les seules pertes non-linéaires pour la pompe sont celles induites par le
doublage de fréquence, soit Γ = ENL. Enfin, on aura Lc assez faible (typiquement 2 %
avec notre cristal). Avec ces hypothèses, et en supposant aussi que T1, ENLPc ¿ 1, on
peut réécrire

Pc = P1
4T1

(T1 + L + ENLPc)
2 (3.22)

avec L = T2 + T3 + Lc l’ensemble des pertes linéaires dans la cavité, miroir M1 exclus.
On souhaite résoudre cette équation pour Pc et en déduire la puissance de seconde
harmonique en sortie : P2 = ENLP 2

c (la seconde harmonique n’est pas résonante dans
la cavité). Il s’agit d’une équation du troisième degré en Pc. En introduisant les variables
sans dimension λ = T1 + L et ρ = 4T1P1ENL, on trouve finalement la puissance de



B. Doublage de fréquence 83

seconde harmonique produite [Sørensen, 1998]

P2 =
λ2

9ENL




[
1 +

27

2

ρ

λ3

(
1 +
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27
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)] 1
6

−
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27

2

ρ

λ3

(
1 +

√
1 +

4

27

λ3

ρ

)]− 1
6




4

(3.23)
Une fois le milieu non-linéaire choisi et la puissance de pompe incidente fixée, P2 ne
dépend plus que de T1. On choisira donc la transmission du coupleur d’entrée afin
d’optimiser la puissance de seconde harmonique produite. L’allure de cette courbe est
présentée sur la figure 3.4 avec les paramètres attendus dans l’expérience (chapitre 4).
Une fois T1 fixé, l’expression précédente nous donne la puissance de seconde harmonique
P2 en fonction de la puissance de pompe P1. C’est cette formule que nous avons utilisée
pour tracer la courbe théorique de la figure 4.5 (b) du chapitre 4.
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Fig. 3.4 – Courbe théorique donnant la puissance P2 de seconde harmonique produite
en fonction de la transmission T1 du coupleur d’entrée avec les paramètres attendus
sur l’expérience, à savoir une efficacité non-linéaire de conversion en simple passage de
2 %/W, une puissance de pompe de 600 mW et 2 % de pertes linéaires dans la cavité.
On trouve que le maximum de seconde harmonique produite correspond à un coupleur
de transmission égale à 12 % et c’est la valeur que nous avons choisie pour l’expérience.
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C Conversion paramétrique

La conversion paramétrique est le processus inverse du doublage : un champ pompe
à la fréquence ωP donne naissance à un champ signal à la fréquence ωS et à un champ
complémentaire (“idler” en anglais) à la fréquence ωI (figure 3.1 (b)).

C.1 Résolution des équations de propagation

C.1.1 Expression générale

Pour la conversion paramétrique, les équations de propagation (3.5) se réduisent à
trois équations couplées [Joffre, 2009]





∂EP (z)

∂z
=

iωP χ(2)

n(ωP )c
ES(z)EI(z)e−i∆kz

∂ES(z)

∂z
=

iωSχ(2)

n(ωS)c
EP (z)E∗I (z)ei∆kz

∂EI(z)

∂z
=

iωIχ
(2)

n(ωI)c
EP (z)E∗S(z)ei∆kz

(3.24)

avec ∆k = kP − kS − kI le désaccord de phase. Il est usuel de faire le changement de
variables suivant

Aj(z) =

√
2njcε0

~ωj

Ej(z) avec j = P, S, I (3.25)

|Aj(z)|2 est le flux de photons correspondant au champ Ej. On fait aussi un changement
de phase à l’origine du champ pompe en remplaçant AP par−iAP , ce qui permet d’avoir
un coefficient de couplage réel dans les équations d’évolution. On obtient alors





∂AP (z)

∂z
= −ξAS(z)AI(z)e−i∆kz

∂AS(z)

∂z
= ξAP (z)A∗

I(z)ei∆kz

∂AI(z)

∂z
= ξAP (z)A∗

S(z)ei∆kz

(3.26)

où ξ = χ(2)

√
~ωP ωSωI

2n(ωP )n(ωS)n(ωI)ε0c3
. La résolution des équations dans le cas général

est complexe et peut être trouvée dans [Armstrong et al., 1962] par exemple.
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C.1.2 Simplification

Pour simplifier le calcul, nous allons faire l’hypothèse que le gain paramétrique
g = ξl est petit, l étant la longueur du milieu non-linéaire, ce qui va nous permettre
de faire un développement en puissance de g. Le gain paramétrique étant faible, les
variations des champs Aj vont aussi être faibles sur la longueur du cristal. On peut
donc linéariser

Aj(z) ≈ Aj(0) + z
∂Aj

∂z
(0) (3.27)

En remplaçant dans (3.26), on trouve le système simplifié à l’ordre 2 en ξ





∂AP (z)

∂z
= −ξe−i∆kzAS(0)AI(0)− ξ2ze−i∆kz

(|AS(0)|2 + |AI(0)|2) AP (0)

∂AS(z)

∂z
= ξei∆kzAP (0)A∗

I(0) + ξ2zei∆kz
(|AP (0)|2 − |AI(0)|2) AS(0)

∂AI(z)

∂z
= ξei∆kzAP (0)A∗

S(0) + ξ2zei∆kz
(|AP (0)|2 − |AS(0)|2) AI(0)

(3.28)
On peut alors intégrer entre 0 et l pour trouver les relations d’entrée-sortie à l’ordre 2
en g sous la forme [Debuisschert, 1990]





AP (l) = AP (0)− ge−
i∆kl

2 sinc

(
∆kl

2

)
AS(0)AI(0)

−g2

2
f ∗

(
∆kl

2

) (|AS(0)|2 + |AI(0)|2) AP (0)

AS(l) = AS(0) + ge
i∆kl

2 sinc

(
∆kl

2

)
AP (0)A∗

I(0)

+
g2

2
f

(
∆kl

2

) (|AP (0)|2 − |AI(0)|2) AS(0)

AI(l) = AI(0) + ge
i∆kl

2 sinc

(
∆kl

2

)
AP (0)A∗

S(0)

+
g2

2
f

(
∆kl

2

) (|AP (0)|2 − |AS(0)|2) AI(0)

(3.29)

avec f(x) =
eix

ix
(eix − sinc(x)). f(x) est une fonction dont le module est décroissant et

dont la valeur maximale est 1, atteinte en x = 0. On en déduit donc que la conversion
paramétrique sera la plus efficace quand l’accord de phase sera réalisé.
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C.2 Efficacité en simple passage et nécessité d’une cavité

Supposons que l’accord de phase soit réalisé. Le système d’équations précédent se
transforme alors en





AP (l) = AP (0)− gAS(0)AI(0)− g2

2

(|AS(0)|2 + |AI(0)|2) AP (0)

AS(l) = AS(0) + gAP (0)A∗
I(0) +

g2

2

(|AP (0)|2 − |AI(0)|2) AS(0)

AI(l) = AI(0) + gAP (0)A∗
S(0) +

g2

2

(|AP (0)|2 − |AS(0)|2) AI(0)

(3.30)

Comme on l’a dit précédemment, le gain paramétrique g va être assez faible, tout
comme l’était l’efficacité non-linéaire de conversion en simple passage dans le cas du
doublage. On en déduit qu’avec les valeurs de puissance de pompe que nous aurons, nous
devrons utiliser une cavité si l’on veut avoir un effet paramétrique important. Plusieurs
configurations sont possibles. Nous choisissons la configuration doublement résonante
où le signal et le complémentaire sont résonants, la pompe n’étant pas recyclée. Un
montage utilisant la conversion paramétrique en cavité s’appelle un amplificateur pa-
ramétrique optique (OPA), les champs signal et complémentaire étant amplifiés par la
présence de la pompe. De plus, il va exister, comme pour un laser, un seuil à partir
duquel le gain va compenser les pertes de la cavité, permettant ainsi à une onde de
s’établir (pour le signal et le complémentaire). On parle alors d’oscillateur paramétrique
optique (OPO). Par abus de langage, on utilisera souvent le terme OPO, qu’on soit
au-dessus ou en dessous du seuil.

C.3 Accord de phase et dégénérescence

Les relations d’entrée-sortie (3.29) sont un peu trop complexes à manipuler lorsqu’il
faut prendre en compte le désaccord ∆k. De plus, on a vu avec l’exemple du doubleur de
fréquence que les processus non-linéaires ne sont pas efficaces lorsqu’on n’a pas accord
de phase. On se placera donc à partir de maintenant en accord de phase parfait et les
équations (3.30) seront utilisées. Expérimentalement, on aura seulement quasi-accord
de phase, mais on a vu avec l’exemple du doubleur qu’il suffit de remplacer χ(2) par
2

π
χ(2) dans ce cas.

Dans notre expérience, la conversion paramétrique est utilisée pour produire des
états comprimés. Dans ce cas, les faisceaux signal et complémentaire ont la même
fréquence ωS. On dit alors qu’on est dans le cas dégénéré, ces deux faisceaux n’étant
plus distinguables. Nous nous placerons à partir de maintenant dans ce cas.

Enfin, nous supposons que l’intensité du champ de pompe est telle que l’on est au-
dessous ou au voisinage du seuil de l’OPO. On peut alors montrer [Debuisschert, 1990]
que les termes en g2|AP (0)|2 deviennent négligeables devant les autres termes.
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Avec ces hypothèses, les équations (3.30) se simplifient en




AP (l) = AP (0)− gAS(0)2 − g2|AS(0)|2AP (0)

AS(l) = AS(0) + gAP (0)A∗
S(0)− g2

2
|AS(0)|2AS(0)

(3.31)

La deuxième équation peut s’écrire à partir de la première à l’ordre g2 si on calcule AP

en l/2 et non pas en l. Le système précédent se met alors sous la forme simplifiée finale




AP (l/2) = AP (0)− g

2
AS(0)2 − g2

4
|AS(0)|2AP (0)

AS(l) = AS(0) + gAP (l/2)A∗
S(0)

(3.32)

C.4 Seuil d’oscillation

C.4.1 Equation de bouclage de la cavité

Nous utilisons une cavité où seuls les faisceaux signal et complémentaire à la fré-
quence ωS sont résonants. Nous considérons une configuration en anneau comme dans
le cas du doublage. Le schéma typique de la cavité est présenté sur la figure 3.5. Nous

M1M2

M3

AP

in

AS

out
AS

in

AP

out

Milieu c
(2)

Fig. 3.5 – Schéma typique d’une cavité OPO en anneau. La cavité est résonante pour le
signal et le complémentaire, tous deux à la fréquence ωS (configuration dégénérée), mais
pas pour la pompe.

utilisons un seul miroir de couplage, le miroir M1. On peut choisir de mettre ou non
un faisceau “seed” en entrée à la fréquence ωS (Ain

S sur la figure). On utilise les mêmes
notations pour les miroirs et les pertes linéaires que dans le cas du doublage de fré-
quence, et on introduit des approximations permettant de simplifier les calculs. Tout
d’abord, les coefficients de transmission des miroirs étant au maximum de l’ordre de
10 %, il est usuel d’introduire le paramètre γi pour le miroir Mi tel que ti =

√
2γi et

ri =
√

1− t2i ≈ 1−γi. De même, les pertes linéaires L dans la cavité autres que sur le mi-

roir de couplage sont faibles, ce qui permet d’écrire rL =
√

2γL et tL =
√

1− r2
L ≈ 1−γL

avec t2L = 1− L.
On obtient à partir de (3.32) l’équation donnant le champ signal en entrée du milieu

non-linéaire après un tour de cavité

A′
S(0) = (1− γ1)(1− γL)eiφS(AS(0) + gAP (l/2)A∗

S(0)) +
√

2γ2A
in
S

A′
S(0) = (1− γ)eiφS(AS(0) + gAP (l/2)A∗

S(0)) +
√

2γ2A
in
S (3.33)
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en notant γ = γ1 +γL les pertes totales dans la cavité et où l’on a noté φS le déphasage
subi par le champ signal sur un tour. φS se décompose en un déphasage dû à la propa-
gation dans le milieu non-linéaire de longueur l et un déphasage dû à la propagation
libre dans la cavité de longueur totale lcav. φS se met par conséquent sous la forme

φS =
ωS

c
(n(ωS)l + (lcav − l)) (3.34)

On note ∆S = ωc − ωS le désaccord entre la fréquence de résonance de la cavité et le
champ signal, et τ le temps mis par le champ signal pour faire un tour de cavité. On
a alors

eiφS = e−i∆Sτ (3.35)

On va considérer à partir de maintenant que l’on a des petits déphasages, c’est-à-dire
qu’on n’analysera les champs que pour des fréquences proches de la résonance de la
cavité. Cette hypothèse nous permet de remplacer e−i∆Sτ par 1 − i∆Sτ . L’équation
(3.33) devient alors

A′
S(0) = (1− γ − i∆Sτ)(AS(0) + gAP (l/2)A∗

S(0)) +
√

2γ2A
in
S (3.36)

Nous allons chercher les valeurs stationnaires des champs dans l’OPO. La condition de
résonance impose que le champ après un tour de cavité soit identique à lui-même, ce
qui donne le système d’équation pour la pompe et le signal





AP (l/2) = Ain
P − g

2
AS(0)2 − g2

4
|AS(0)|2Ain

P

(γ + i∆Sτ)AS(0) = gAP (l/2)A∗
S(0) +

√
2γ2A

in
S

(3.37)

où Ain
P est le champ pompe mis en entrée de l’OPO.

C.4.2 Expression du seuil d’oscillation

Déterminons les conditions d’oscillation de l’OPO, c’est-à-dire les conditions pour
lesquelles on obtient un champ signal dans la cavité alors qu’on n’a pas mis de signal en
entrée. Si on considère la seconde équation du système (3.37) et son équation conjuguée,
on obtient, en l’absence de champ signal incident

{
AS(0)(γ + i∆Sτ)− A∗

S(0)gAP (l/2) = 0

−AS(0)gA∗
P (l/2) + A∗

S(0)(γ − i∆Sτ) = 0
(3.38)

On a des solutions non nulles pour le champ signal si et seulement si le déterminant
du système précédent est nul, c’est-à-dire

γ2 + ∆2
Sτ 2 − g2|AP (l/2)|2 = 0 (3.39)
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qui donne le seuil devant être atteint par la pompe pour que le signal puisse osciller
dans la cavité

|AP (l/2)|2seuil =
γ2 + ∆2

Sτ 2

g2
(3.40)

On constate qu’au-dessus du seuil d’oscillation, la puissance du champ pompe au centre
du milieu non-linéaire est fixée uniquement par les caractéristiques de la cavité et du
milieu, et ne dépend pas de la puissance pompe incidente. Ensuite, notons que lorsqu’on
est juste au seuil, la puissance de signal produite est nulle. On peut donc négliger les
termes en AS(0) dans la première équation de (3.37) et en déduire que la puissance de
seuil pour la pompe en entrée de la cavité est la même qu’au centre du milieu non-
linéaire. En écrivant la puissance seuil pour la pompe en entrée avec tous les paramètres
physiques, on trouve, à résonance

P in
P,seuil(∆S = 0) = S

(T1 + L)2

2(1− T1 − L)

n(ωP )n(ωS)2ε0c
3

(χ(2))2l2ω2
S

=
(T1 + L)2

4(1− T1 − L)

1

ENL(l, 0)
(3.41)

où ENL(l, 0) est l’efficacité de conversion en simple passage pour le processus de dou-
blage donnée par l’expression (3.9).

C.5 Solutions stationnaires au-dessus du seuil

On suppose maintenant que la puissance de pompe en entrée est supérieure ou
égale à la puissance de seuil. On cherche à exprimer la puissance de signal que l’on
peut obtenir en sortie si on ne met pas de champ signal en entrée. Le plus simple pour
établir l’expression de la puissance de signal dans la cavité est d’écrire l’équation de
bouclage à partir de l’équation (3.31). On trouve

AS(0)

(
γ + i∆Sτ +

g2

2
|AS(0)|2

)
= gAin

P A∗
S(0) (3.42)

Il est usuel de définir le paramètre de pompe σ par

σ =

√
P in

P

P in
P,seuil(∆S = 0)

=
g

γ
|Ain

P | (3.43)

En prenant le module au carré de (3.42), il vient

(
γ +

g2

2
|AS(0)|2

)2

+ (∆Sτ)2 = γ2σ2 (3.44)

et l’on trouve alors |AS(0)|2 qui vaut

|AS(0)|2 =
2

g2
(
√

γ2σ2 − (∆Sτ)2 − γ) (3.45)
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Cette solution n’existe que si le membre de droite est positif, ce qui est le cas si et
seulement si la puissance de pompe en entrée P in

P est plus grande que la puissance de
seuil P in

P, seuil(∆S), ce qui est effectivement le résultat attendu.

Ce qui nous intéresse surtout, c’est l’allure de la puissance du signal en sortie de la
cavité en fonction du déphasage ∆Sτ quand on est au-dessus du seuil. En faisant un
développement limité pour ∆Sτ

γσ
¿ 1 de l’équation (3.45), on trouve

|AS(0)|2 ≈ 2

g2
(γ(σ − 1)− (∆Sτ)2

2γσ
) (3.46)

La puissance de signal évolue de façon quadratique avec le désaccord et on a des
paraboles inversées autour de chaque pic de la cavité dont la largeur augmente avec la
puissance de pompe incidente. La figure 3.6 présente l’allure typique de la puissance
du signal en sortie en fonction du déphasage de la cavité quand on est proche du seuil.
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Fig. 3.6 – Puissance de signal sortant de la cavité OPO (P out
S ) et puissance de seuil

pour la pompe (P ′in
P,seuil) normalisée au seuil à résonance pour un paramètre de pompe

σ = 1, 25, un miroir de couplage de transmission 7 % en puissance et des pertes linéaires
de 3 % dans la cavité. La résonance de la cavité pour le signal se situe à ∆Sτ = 0.

Quand on est à résonance, on obtient

P out
S ∝ σ − 1 (3.47)

ce qui montre que la puissance de signal en sortie augmente comme la racine carrée de
la puissance de pompe incidente.
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C.6 Gain paramétrique sous le seuil

On considère à partir de maintenant que la puissance de pompe incidente est in-
férieure à la puissance de seuil et on met un champ incident sur la voie signal : Ain

S .
Le système se comporte alors comme un amplificateur pour le signal (OPA), et on va
calculer le ratio entre la puissance de signal sortant de la cavité avec et sans pompe,
ce qu’on appelle le gain paramétrique. On supposera pour simplifier les calculs que le
champ signal rentrant dans la cavité est très faible devant le champ pompe de plusieurs
ordres de grandeur, ce qui permettra de négliger la déplétion de la pompe due au signal
présent dans la cavité, même après amplification.

C.6.1 Signal sortant de la cavité sans pompe et avec pompe

On suppose qu’on ne met pas de pompe en entrée. Le champ signal rentre par le
miroir M2 et ressort par le miroir M1 (figure 3.5). En adaptant l’équation (3.22) à ce
cas, on trouve la puissance de signal sortant dans la cavité

P out
S sans P

=
4T1T2

(T1 + L)2P in
S (3.48)

On considère maintenant que la puissance de pompe en entrée est inférieure à la
puissance de seuil, et on suppose que la cavité est à résonance avec le signal. Le champ
AP (l/2) s’écrit alors, en négligeant la déplétion et les pertes sur la pompe

|AP (l/2)| = |Ain
P | = σ

γ

g
(3.49)

On note θP la phase de la pompe au centre du milieu non-linéaire et θS celle du champ
signal en entrée du milieu non-linéaire. A partir de la seconde équation du système
(3.37), on en déduit le champ signal

|AS(0)| (γeiθS − γσei(θP−θS)
)

=
√

T2A
in
S (3.50)

La puissance de sortie du signal par le miroir M1 vaut alors

P out
S =

T1T2

γ2 |1− σeiθ|2P in
S =

4T1T2

(T1 + L)2

1

1 + σ2 − 2σ cos(θ)
P in

S (3.51)

avec θ = θP − 2θS.

C.6.2 Expression du gain paramétrique

Le gain paramétrique est défini comme le ratio des puissances de signal sortant avec
et sans pompe, ce qui donne

G =
P out

S

P out
S sans P

=
1

1 + σ2 − 2σ cos(θ)
(3.52)
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On voit que ce gain évolue en fonction de la phase relative entre la pompe et le signal. Si
G > 1, on a amplification du signal. Si G < 1, on a désamplification. Le gain minimum
(θ = π) et le gain maximum (θ = 0) valent respectivement

Gmin =
1

(1 + σ)2
et Gmax =

1

(1− σ)2
(3.53)

Comme on peut le voir sur la figure 3.7, l’amplification diverge lorsqu’on se rapproche
du seuil d’oscillation alors que la désamplification tend vers la limite 1
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Fig. 3.7 – Gain paramétrique maximum, minimum et unité de l’OPA injecté en fonction
du paramètre de pompe σ.

C.7 Fluctuations quantiques sous le seuil et états comprimés

C.7.1 Fluctuations quantiques dans un OPO

Jusqu’à présent, nous avons mené une étude de l’OPO en utilisant une descrip-
tion classique des champs. Nous allons maintenant regarder les fluctuations quantiques
apparaissant dans cet OPO. Nous utilisons pour cela une approche semi-classique
[Reynaud et Heidmann, 1989], [Fabre et al., 1989] dans laquelle nous linéarisons les
équations décrivant l’OPO en utilisant la décomposition en champ moyen et fluctua-
tions décrite à la section A.1.4 du chapitre 1.

Considérons le schéma de la cavité représenté sur la figure 3.5 et supposons que la
cavité est à résonance avec le signal (∆S = 0) afin de simplifier les calculs. On peut
écrire l’équation donnant le champ signal après un tour de la cavité OPO en utilisant
l’équation (3.33)

AS(t + τ) = (1− γ)(AS(t) + gAP (t)A∗
S(t)) +

√
2γ2A

in
S (t) +

√
2γ1A

in
V1

(t) +
√

2γLAin
VL

(t)
(3.54)
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où Ain
V1

(t) et Ain
VL

(t) désignent les fluctuations du vide rentrant dans la cavité à cause
des pertes linéaires ainsi que par le miroir M1. AP (t) désigne AP (l/2, t). Dans le dernier
terme de droite, on peut considérer que γL désigne bien toutes les pertes linéaires à
l’exception du miroir 1 étant donné que γ2 ¿ γL. On en déduit les deux équations
d’évolution temporelles régissant la cavité OPO





AP (t) = Ain
P (t)− g

2
AS(t)2 − g2

4
|AS(t)|2Ain

P (t)

τ
dAS

dt
+ γAS(t) = gAP (t)A∗

S(t) +
√

2γ2A
in
S (t) +

√
2γ1A

in
V1

(t) +
√

2γLAin
VL

(t)

(3.55)
En linéarisant les équations, on trouve deux systèmes d’équations : un pour les valeurs
moyennes, résolu précédemment, et un pour les fluctuations, qui s’écrit





δAP = δAin
P − g 〈AS〉 δAS − g2

4

〈|AS|2
〉
δAin

P − g2

4
δ|AS|2

〈
Ain

P

〉

τ dδAS

dt
+ γδAS = g [〈AP 〉 δA∗

S + δAP 〈A∗
S〉] +

√
2γ2δA

in
S +

√
2γ1δA

in
V1

+
√

2γLδAin
VL

(3.56)
Au-dessus du seuil, le terme δAP 〈A∗

S〉 sera non nul dans la seconde équation : les
fluctuations du champ signal vont dépendre de celles du champ pompe. En dessous
du seuil, les fluctuations du champ pompe sont découplées des fluctuations du champ
signal et permettent d’obtenir un état de vide comprimé, comme nous allons le voir
maintenant. C’est ce cas qui nous intéresse le plus expérimentalement.

C.7.2 Fluctuations sous le seuil

A partir de maintenant, nous considèrerons un fonctionnement en dessous du seuil.
On note θP la phase du champ 〈AP (l/2)〉. Ce champ vaut alors

〈AP (l/2)〉 =
〈
Ain

P

〉
= σ

γ

g
eiθP (3.57)

Les fluctuations du champ signal étant découplées de celles du champ pompe, seule la
seconde équation du système (3.56) nous intéresse

τ
dδAS

dt
+ γδAS = γσδA∗

SeiθP +
√

2γ2δA
in
S +

√
2γ1δA

in
V1

+
√

2γLδAin
VL

(3.58)

On note θ = θP /2 et on multiplie les deux membres de l’équation par e−iθ. Après
transformée de Fourier, on obtient l’équation algébrique

(γ − iΩτ)δAS(Ω)e−iθ = γσδA∗
S(Ω)eiθ +

√
2γ2δA

in
S (Ω)e−iθ

+
√

2γ1δA
in
V1

(Ω)e−iθ +
√

2γLδAin
VL

(Ω)e−iθ (3.59)
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On introduit maintenant les quadratures Xθ(Ω) et Yθ(Ω) vues au chapitre 1. En expri-
mant les champs A(Ω)e−iθ et A∗(Ω)eiθ avec ces quadratures dans l’équation précédente
et son équation conjuguée, on obtient les fluctuations des quadratures Xθ et Yθ pour
le champ signal





δXθ,S(Ω) =

√
2γ2δX

in
θ,S(Ω) +

√
2γ1δX

in
θ,V1

(Ω) +
√

2γLδX in
θ,VL

(Ω)

γ(1− σ)− iΩτ

δYθ,S(Ω) =

√
2γ2δY

in
θ,S(Ω) +

√
2γ1δY

in
θ,V1

(Ω) +
√

2γLδY in
θ,VL

(Ω)

γ(1 + σ)− iΩτ

(3.60)

C.7.3 Production d’un état de vide comprimé

Supposons maintenant qu’on ne mette pas de champ signal incident. A ce moment-
là, seules les fluctuations du vide entrent dans l’OPO. En reprenant les équations (3.60)
dans ce cas et en incluant les pertes par le miroir 2 dans les pertes linéaires, on trouve
le système 




δXθ,S(Ω) =

√
2γ1δX

in
θ,V1

(Ω) +
√

2γLδX in
θ,VL

(Ω)

γ(1− σ)− iΩτ

δYθ,S(Ω) =

√
2γ1δY

in
θ,V1

(Ω) +
√

2γLδY in
θ,VL

(Ω)

γ(1 + σ)− iΩτ

(3.61)

Nous en déduisons les fluctuations en sortie de la cavité après passage par le miroir M1

grâce à la relation de continuité δXout
θ,S (Ω) =

√
2γ1δXθ,S(Ω)− (1− γ1)δX

in
θ,V1

(Ω)





δXout
θ,S (Ω) =

2γ1 − γ(1− σ) + iΩτ

γ(1− σ)− iΩτ
δX in

θ,V1
(Ω) +

2
√

γ1γL

γ(1− σ)− iΩτ
δX in

θ,VL
(Ω)

δY out
θ,S (Ω) =

2γ1 − γ(1 + σ) + iΩτ

γ(1 + σ)− iΩτ
δY in

θ,V1
(Ω) +

2
√

γ1γL

γ(1 + σ)− iΩτ
δY in

θ,VL
(Ω)

(3.62)
En utilisant la définition (1.32), on peut calculer la densité spectrale de bruit du signal
en sortie de la cavité, en rappelant qu’elle vaut 1 pour du vide avec nos conventions





SXθ,S
(Ω) = 1 +

T1

T1 + L

4σ

(1− σ)2 + 4Ω2

Ω2
c

SYθ,S
(Ω) = 1− T1

T1 + L

4σ

(1 + σ)2 + 4Ω2

Ω2
c

(3.63)

où Ωc = 2γ
τ

est la bande passante de la cavité. On peut vérifier facilement qu’on a bien
SXθ,S

(Ω)SYθ,S
(Ω) ≥ 1 ∀Ω, avec égalité si et seulement si L = 0 : les pertes linéaires

dans la cavité engendrent un excès de bruit et conduisent à des états non-minimaux.
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On constate immédiatement qu’en dessous du seuil, on a SYθ,S
(Ω) < 1 quelle que soit la

valeur des autres paramètres T1, L, Ω, Ωc : on obtient un état de vide comprimé selon la
quadrature Y d’angle θ. En changeant la phase relative entre la pompe et le signal, on
change la quadrature qui est comprimée. On peut voir l’allure de la densité spectrale
de bruit de la quadrature Yθ en fonction de la fréquence sur la figure 3.8.
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Fig. 3.8 – Densité spectrale de bruit en sortie de l’OPO de la quadrature comprimée
pour un paramètre de pompe σ = 0.9, un miroir de couplage de transmission 7 % en
puissance et des pertes linéaires de 3 % dans la cavité. Ω = 0 correspond à la fréquence
de résonance de la cavité.

Le calcul de la dérivée de SYθ,S
nous montre que cette fonction est décroissante avec

σ et croissante avec Ω. Le maximum de compression de bruit sera donc atteint à la
limite du seuil d’oscillation, avec une fréquence d’analyse aussi faible que possible.
Expérimentalement, on ne pourra pas descendre trop bas en fréquence d’analyse à
cause d’un excès de bruit technique qui détruit la compression de bruit aux basses
fréquences. Enfin, un calcul un peu plus long nous montre que le taux de compression
augmente avec la transmission du miroir de couplage M1, à paramètre de pompe σ
fixé. On aura donc intérêt à choisir un miroir possédant une transmission la plus grande
possible. Cependant, la puissance de pompe nécessaire pour maintenir σ constant évolue
comme le carré de la transmission du miroir. Expérimentalement, à puissance de pompe
maximale disponible fixée, on en déduit une valeur limite pour la transmission du miroir
M1. Notons enfin que, pour une cavité donnée, la valeur minimum pour la densité
spectrale de bruit est

Smin =
L

T1 + L
(3.64)
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Cette valeur est obtenue au seuil, à fréquence d’analyse nulle, en supposant qu’il n’y a
pas de bruit technique. On voit donc le rôle critique joué par les pertes linéaires L : il
faut les limiter le plus possible pour obtenir un taux de compression correct.

C.7.4 Production d’un état comprimé non vide

Supposons à présent qu’on se place dans les conditions qui nous ont permis de cal-
culer le gain paramétrique : puissance pompe sous le seuil et champ signal incident
très faible devant le champ pompe, même après amplification. On suppose de plus que
les fluctuations du champ pompe sont proches du bruit quantique standard. Avec ces
conditions, le terme δAP 〈A∗

S〉 de la seconde équation de (3.56) est encore négligeable
devant le terme 〈AP 〉δA∗

S. L’équation (3.58) est donc toujours valable. Si le champ
incident a des fluctuations limitées au bruit quantique standard (état cohérent), tous
les calculs effectués précédemment sans signal incident sont encore valables. On ob-
tient par conséquent en sortie de l’OPO un état comprimé d’amplitude non nulle. De
tels états produits par ce système ont déjà été mis en évidence expérimentalement
(voir par exemple [Schiller et al., 1995],[Lam et al., 1999]). Si on cherche à augmenter
la puissance de signal incident sur la cavité afin d’augmenter l’intensité du faisceau
comprimé, les fluctuations de la pompe deviennent non négligeables et se couplent à
celles du signal. De plus les fluctuations du signal incident deviennent prépondérantes
dans le processus. Ces fluctuations étant limitées au bruit quantique standard ou le
plus souvent présentant un excès de bruit, il s’en suit une détérioration rapide du taux
de compression du signal en sortie [Lam et al., 1999].

C.8 Prise en compte de l’absorption de la pompe

Comme expliqué dans la section sur le doubleur de fréquence, la pompe sera absor-
bée de façon assez importante dans le milieu non-linéaire que l’on utilisera expérimen-
talement. Jusqu’à présent, cette absorption n’a pas été prise en compte. Nous allons
tâcher de voir l’influence qu’elle peut avoir sur le seuil d’oscillation, le gain paramétrique
et le taux de compression du signal en sortie.

Les équations d’évolution (3.26) dans le cas dégénéré deviennent, en considérant
l’accord de phase parfait





∂AP (z)

∂z
+ α(ωP )AP (z) = −ξAS(z)AI(z)

∂AS(z)

∂z
= ξAP (z)A∗

S(z)

(3.65)

En linéarisant les champs, et en se limitant à l’ordre 1 en α(ωP )l, on obtient les relations



C. Conversion paramétrique 97

entre les champs en entrée du milieu non-linéaire et en sortie, de façon similaire à (3.32)





AP (l/2) =

(
1− α(ωP )

l

2

)
AP (0)− g

2

(
1− α(ωP )

l

4

)
AS(0)2 − g2

4
|AS(0)|2AP (0)

AS(l) = AS(0) + gAP (l/2)A∗
S(0)

(3.66)
L’équation d’évolution de AS(l) est donc la même que dans le cas où l’on n’avait pas
absorption. Ce qui va changer c’est que la puissance de pompe au centre du cristal
ne sera plus égale à la puissance incidente à cause de l’absorption. On en déduit que
l’équation de bouclage pour le signal est la même que précédemment et que par consé-
quent le seuil d’oscillation pour |AP (l/2)| reste inchangé. Le seuil pour la pompe en
entrée est lui divisé par 1− αl ce qui est finalement assez intuitif

P in
P, seuil, α =

P in
P, seuil, α=0

1− α(ωP )l
(3.67)

Dans notre cas, on aura α(ωP )l ≈ 10 %. Il faudra donc environ 10 % de puissance en
plus en entrée pour atteindre le seuil par rapport au cas sans absorption.

Il convient dans le cas de la pompe absorbée de définir le paramètre de pompe par
rapport au nouveau seuil, ce qui donne

σα =

√
P in

P

P in
P, seuil, α|φS=0

=

(
1− α(ωP )

l

2

)
σ (3.68)

En reprenant les calculs des sections précédentes, on se rend compte que seule
l’équation de bouclage pour le signal intervient pour le calcul des solutions stationnaires
au-dessus du seuil, du gain paramétrique et du taux de compression. On en déduit
donc que tous les résultats énoncés précédemment sont encore valables si la pompe est
absorbée, à condition de remplacer σ par σα dans les formules, c’est-à-dire à condition
de tout normaliser à la puissance de seuil effective en présence des pertes.

En conclusion, le fonctionnement d’un OPO doublement résonant en présence d’ab-
sorption de la pompe est le même que s’il n’y avait pas d’absorption, à condition d’aug-
menter la puissance d’entrée pour compenser l’absorption dans le milieu non-linéaire.
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Nous présentons dans ce chapitre le dispositif expérimental que nous avons mis
en place afin de produire un état de vide comprimé à 852,1 nm, c’est-à-dire résonant
avec la raie D2 du césium. Comme annoncé précédemment, le dispositif utilisé est un
oscillateur paramétrique optique fonctionnant sous le seuil d’oscillation. Nous avons vu
au chapitre 3 qu’un tel système permet effectivement d’obtenir en sortie un état de vide
comprimé. Cet OPO doit être pompé à la fréquence double, c’est-à-dire avec un laser
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de longueur d’onde 426 nm. Nous avons par conséquent aussi construit un doubleur de
fréquence permettant de produire ce faisceau de pompe.

Les expériences utilisant du vide comprimé aux longueurs d’onde résonantes avec des
atomes pour des mesures de spectroscopie [Polzik et al., 1992] ou d’interaction en confi-
guration de transparence induite électromagnétiquement (EIT) [Hétet et al., 2007],
[Appel et al., 2008] et [Honda et al., 2008] ont en général autour de 3 dB de compres-
sion de bruit dans la bande de fréquences utile pour l’expérience. Nous considèrerons
par conséquent notre but atteint si nous obtenons 3 dB de compression de bruit entre
500 kHz et 2 MHz, correspondant aux largeurs typiques des fenêtres de transparence
obtenues par EIT. Nous étudierons particulièrement le comportement du spectre de
bruit à basse fréquence (<500 kHz) étant donnée que les performances du stockage par
EIT dans des atomes augmentent quand la fréquence d’analyse diminue.

Après avoir présenté les performances de l’OPO en termes de compression de bruit
de l’état de sortie, nous étudierons la technique de reconstruction de l’état quantique
par tomographie que nous avons mise en place afin de remplacer la mesure du spectre
de bruit. Cette méthode de reconstruction s’appuie sur un algorithme de maximum de
vraisemblance.

A Choix du milieu non-linéaire et du type de cavité

A.1 Le milieu non-linéaire

Le choix du milieu non-linéaire dans lequel les processus du deuxième ordre vont
avoir lieu est crucial puisque ce sont ses propriétés qui vont fixer les paramètres à utiliser
pour la cavité et par conséquent l’efficacité totale de conversion. Etant donné que
les processus de doublage de fréquence et de conversion paramétrique dégénérée sont
symétriques, nous nous contenterons de choisir le milieu non-linéaire pour optimiser le
doublage de fréquence en supposant que cela doit a priori aussi optimiser la conversion
paramétrique.

Nous choisissons de travailler avec un cristal non-linéaire. Ces cristaux ont connu de
très grands développements ces trente dernières années, et sont de bonne qualité et d’un
emploi aisé, ce qui justifie leur utilisation dans la plupart des expériences actuelles de
doublage de fréquence et conversion paramétrique. Les cristaux habituellement utilisés
pour faire du doublage entre 700 nm et 1,1 µm peuvent se diviser en deux classes.
Il y a ceux possédant un faible effet non-linéaire, avec des coefficients non-linéaires d
de l’ordre de 1 à 3 pm/V, comme le triborate de lithium (LBO), le beta borate de
baryum (BBO), le BIBO, l’iodate de lithium (LiIO3) et le phosphate dihydrogène de
potassium (KDP). La seconde classe comporte des cristaux présentant des coefficients
non-linéaires forts (d ∼ 10 à 30 pm/V), comme le tantalate de lithium (LiTaO3), le
niobate de potassium (KNbO3), le phosphate de potassium titanyl (KTP) et le niobate
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de lithium (LiNbO3), ces trois derniers cristaux pouvant être périodiquement inversés.

Les cristaux à faibles coefficients non-linéaires ont été et sont encore aujourd’hui
largement utilisés : [Bourzeix et al., 1993], [Jurdik et al., 2002] (LBO), [Bourzeix, 1995]
(BBO), [Adams et Ferguson, 1990] (LiIO3). Cependant, pour avoir un taux de doublage
de fréquence correct (plusieurs dizaines de %) avec une faible non-linéarité il faut avoir
une cavité de “grande” finesse, de l’ordre de 300 au minimum. Les fortes puissances
de pompe intracavité en résultant peuvent engendrer des problèmes de type lentille
thermique sur le cristal, ce qui diminue l’efficacité, ou bien provoquer des dommages
dans le cristal du fait des fortes focalisations utilisées. De plus, si la finesse de la cavité
devient vraiment grande, il peut être difficile d’asservir cette dernière.

Pour toutes ces raisons, nous avons choisi d’utiliser une cavité de faible finesse
(<100), associée à un cristal possédant une forte non-linéarité. Les cristaux de LiNbO3

et LiTaO3 sont rejetés d’office car ils présentent un effet photoréfractif important à tem-
pérature ambiante [Ashkin et al., 1966]. Il faudrait chauffer le cristal bien au-dessus de
100̊ C afin de s’affranchir du problème ce que nous ne souhaitons pas faire expéri-
mentalement. Le problème apparâıt aussi pour des cristaux périodiquement inversés
[Meyn et al., 2004]. Il est possible de s’affranchir plus ou moins bien de ce problème
en dopant les cristaux, par exemple avec de l’oxyde de magnésium pour le LiNbO3

[Furukawa et al., 2000]. De la compression de bruit à l’aide d’un OPO basé sur ce type
de cristal a déjà été réalisée [Schneider et al., 1998].

Le niobate de potassium semble être un bon candidat pour faire du doublage de
fréquence à 852 nm. Il a d’ailleurs été utilisé dans les deux seules expériences connues à
ce jour de doublage de fréquence et production d’un état de vide comprimé par OPO à
852 nm [Polzik et Kimble, 1991], [Neergaard-Nielsen et al., 2006]. Il a aussi été utilisé
pour faire du doublage de fréquence pour pomper un OPO ayant produit 9 dB de
compression de bruit à 860 nm [Takeno et al., 2007]. Cependant, ce cristal présente
un effet appelé BLIIRA (“blue light induced infrared absorption”) préjudiciable si on
souhaite l’utiliser dans un OPO [Mabuchi et al., 1994]. A cause de cet effet, la pompe
à 426 nm engendre des pertes supplémentaires sur le signal, diminuant d’autant le
taux de compression pouvant être atteint. De plus, l’accord de phase à 852 nm pour
le KNbO3 se fait à une température de 5,7̊ C [Biaggio et al., 1992], ce qui pose des
problèmes de condensation sur le cristal.

Le dernier cristal présentant une bonne efficacité non-linéaire est le KTP. Cepen-
dant, il n’est pas possible d’obtenir l’accord de phase de type II à 852 nm pour ce cristal,
et pour un accord de phase de type I ce n’est pas efficace [Anthon et Crowder, 1987].
La solution est donc d’utiliser un cristal périodiquement retourné (PPKTP) pour le-
quel l’accord de phase de type I peut être obtenu à température ambiante. Ce type de
cristal est très utilisé pour faire du doublage de fréquence ou de la conversion para-
métrique à des longueurs d’onde proches de la nôtre [Torabi-Goudarzi et Riis, 2003],
[Le Targat et al., 2005], [Suzuki et al., 2006]. Il a l’avantage de présenter une forte non-
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linéarité associée à un très faible walk-off, sans présenter les inconvénients que sont le
BLIIRA et les effets photoréfractifs. Il a cependant un problème appelé “gray-tracking”
[Boulanger et al., 2000] lorsqu’il est pompé avec des faisceaux focalisés de fortes puis-
sances : la transparence se dégrade fortement au bout de quelques minutes, ce qui
oblige à changer le point de fonctionnement dans le cristal. Ce processus est réver-
sible en chauffant fortement le matériau mais empêche un fonctionnement optimal du
système pendant plusieurs heures. Il existe cependant des méthodes pour éviter ce
phénomène : focalisation moins forte, puissance de pompe moindre, cristaux spéciale-
ment traités, etc. Notons que cet effet n’apparâıt pas sur tous les cristaux de KTP et
qu’il est fortement dépendant des longueurs d’onde utilisées et du fabricant du cristal
[Laurat, 2004].

Nous avons finalement choisi d’utiliser des cristaux de PPKTP. Ils présentent en
effets tous les avantages recherchés et ont été largement validés dans de nombreuses
expériences d’optique non-linéaire. Les caractéristiques du KTP sont données en annexe
D. Il présente la plus grande efficacité non-linéaire selon l’axe z avec un coefficient
d33 = 15, 4 pm/V. L’avantage du cristal de type PP est de permettre d’avoir tous les
faisceaux polarisés selon cet axe et de profiter ainsi de l’effet non-linéaire le plus fort.
La valeur de la période du retournement des domaines ferromagnétiques afin d’avoir
quasi-accord de phase à 852,1 nm pour une température du cristal de 45̊ C est Λ =
4,21 microns. Nous avons choisi de travailler aux alentours de 45̊ C afin d’utiliser l’air
ambiant de la salle d’expérience comme la source froide et d’avoir ainsi une très bonne
dynamique et une très bonne précision pour le contrôle de la température du cristal.

Nous avons acheté 5 cristaux de PPKTP chez Raicol Crystals. Il s’agit de cristaux
de type I mesurant 1 mm (x) × 2 mm (y) × 20 mm (z). Les traitements anti-reflets
ont été faits pour trois de ces cristaux par cette société et pour les deux autres par
la société Layertec (R < 0,2 % à 426 et 852 nm à 0̊ ). Ces deux types de traitements
ont donné des résultats similaires dans le doubleur de fréquence et l’OPO. Les valeurs
d’absorption pour la puissance à 852 et 426 nm sont respectivement 0,01 cm−1 et
0,1 cm−1 [Hansson et al., 2000], valeurs compatibles avec les résultats que nous avons
obtenus.

A.2 La cavité

Nous avons le choix entre une cavité linéaire et une cavité en anneau. Les avantages
d’une cavité linéaire sont sa facilité d’alignement et sa symétrie. Ses désavantages sont
la présence d’une onde stationnaire dans la cavité (avec entre autre l’impossibilité de
mettre un faisceau contrapropageant par rapport à la pompe), la présence d’un seul
axe d’entrée-sortie et le fait qu’une grande partie des faisceaux est réfléchie vers la
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source laser, ce qui peut perturber son fonctionnement.1 Une cavité en anneau n’a
pas ces inconvénients, mais il n’y a plus d’invariance par rotation autour de l’axe du
faisceau, ce qui peut engendrer des problèmes d’astigmatisme. Cependant, en utilisant
un nombre pair de miroirs [Lam, 1998] et en minimisant les angles entre les différents
faisceaux, on peut fortement limiter ces effets.

Nous avons par conséquent choisi d’utiliser des cavités en anneau de type nœud
papillon (“bow-tie ring cavity”) avec des miroirs de diamètre 1/2 pouce afin de limiter
au maximum l’encombrement et les angles entre les faisceaux.

De plus, on a le choix entre des cavités résonantes pour la pompe ou le faisceau
produit uniquement, ou des cavités résonantes pour tous les faisceaux. Le fait d’utiliser
un cristal périodiquement retourné possédant des indices différents à 852 nm et à 426 nm
rendrait une triple résonance extrêmement difficile à obtenir et très instable. Nous avons
donc choisi des cavités uniquement résonantes à 852 nm.

B Le doubleur de fréquence

Ce doubleur est pompé à la longueur d’onde de 852,1 nm par le laser décrit à la
section D.1 du chapitre 2. Le schéma du montage (ainsi que le schéma de l’OPO qu’on
verra à la section C) est présenté sur la figure 4.1.

1 On dispose d’isolateurs optiques afin de limiter l’incidence d’un retour de faisceau sur les lasers,
mais ceux-ci ne sont pas parfaits et ne sont pas optimisés pour la longueur d’onde de la seconde
harmonique.
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B.1 Focalisation dans le cristal

B.1.1 Paramètre de Boyd et Kleinman

Comme on peut le voir par exemple avec l’équation (3.9) du chapitre 3, l’efficacité
des processus non-linéaires dépend de la surface transverse des faisceaux dans le cristal.
Les faisceaux étant gaussiens, quelle valeur de focalisation faut-il choisir au centre
du cristal afin d’optimiser l’efficacité globale de conversion ? La réponse est apportée
par la fameuse étude réalisée par Boyd et Kleinman [Boyd et Kleinman, 1968]. Nous
reprenons ici leurs notations (voir l’article pour plus de détails). L’indice 1 désigne la
pompe et l’indice 2 la seconde harmonique. Introduisons le paramètre de focalisation
ξ = l

b
avec l la longueur du cristal et b = k1w

2
1 le paramètre confocal avec w1 le waist

de la pompe que nous considèrerons au centre du cristal (µ = 0). On néglige la double-
réfraction, qui est de toute façon assez faible dans le KTP (β = 0). On introduit le
paramètre σ̃ relié au désaccord de phase par la relation σ̃ = 1

2
b∆′k avec ∆′k = ∆k− 2π

Λ
.

Quant aux absorptions, on néglige celle de la pompe dans les formules de Boyd et
Kleinman (on la prendra cependant en compte pour la puissance circulant dans la
cavité) et on utilise notre notation où α(ω2) désigne le coefficient d’absorption pour le
champ en amplitude (et non en puissance) à la fréquence ω2. Avec toutes ces notations
et simplifications, les formules de l’article nous donnent l’efficacité non-linéaire sous la
forme

EQPM
NL, BK =

ω2
2(χ

(2))2

8n(ω2)n(ω1)2c3ε0

4

π2

2n(ω1)l

λ1

(1− α(ω2)l) h(σ̃, 0, κ, ξ, 0) (4.1)

où κ = −1
2
α(ω2)b. Avec nos hypothèses, la fonction h de Boyd et Kleinman s’exprime

sous la forme

h(σ̃, 0, κ, ξ, 0) =
1

4ξ

∣∣∣∣
∫ ξ

−ξ

dτ
e−κτeiσ̃τ

1 + iτ

∣∣∣∣
2

(4.2)

On peut alors optimiser h en fonction de ξ et σ̃, les autres paramètres étant fixés
d’après les caractéristiques du cristal. On trouve numériquement que le maximum est
atteint pour les paramètres σ̃m = 0, 573 et ξm = 2, 84. Ce maximum vaut hm = 1, 068.
On notera au passage que nous avons bien pris en compte l’absorption de la seconde
harmonique mais que celle-ci n’a quasiment aucun influence sur le calcul du maximum
de h. Il est intéressant d’étudier l’évolution de la fonction h en fonction de ξ, les autres
paramètres étant fixés. Son allure est présentée sur la figure 4.2. On constate que cette
courbe varie peu autour de son maximum. Une erreur de focalisation dans le cristal
n’a alors que très peu d’influence sur l’efficacité de conversion. Le waist optimal dans
le cristal pour la pompe vaut wopt

1 ≈ 23 µm. Ce waist est petit, trop petit même.
En effet, un calcul rapide prenant en compte les caractéristiques de notre cavité nous
indique que l’on pourra avoir jusqu’à 20 W de puissance de pompe intracavité lorsque
la température du cristal ne permet pas la conversion paramétrique. On aura alors
jusqu’à 1,2 MW/cm2 d’intensité au point de focalisation, ce qui est trop proche du seuil
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Fig. 4.2 – Evolution de la fonction h de Boyd et Kleinman pour un paramètre σ̃ fixé
à 0,573 et une absorption de 10 %/cm dans le cristal pour la seconde harmonique. Le
maximum est atteint pour ξm = 2, 84 et vaut hm = 1, 068.

de dommage du KTP (1,5 à 2 MW/cm2). De plus, avec une telle focalisation on est
presque sûr de faire apparâıtre du gray-tracking, ce phénomène ayant été observé lors
de doublage à 795 nm avec un cristal similaire provenant du même fournisseur pour
une focalisation de 40 µm [Hétet et al., 2007]. Enfin, des effets de lentille thermique
et de bistabilité de la cavité [Torabi-Goudarzi et Riis, 2003] peuvent apparâıtre si la
focalisation dans le cristal est trop forte, ce qui empêche un asservissement optimum
de la cavité et diminue fortement l’efficacité de doublage. Pour toutes ces raisons, nous
avons décidé d’augmenter très fortement le waist dans le cristal quitte à perdre (a priori)
un facteur important sur l’efficacité de conversion. Notons aussi que pour garder une
bonne efficacité de conversion, une focalisation moins forte dans le cristal peut être
compensée par une augmentation de la longueur de ce dernier. C’est pourquoi nous
avons choisi le cristal le plus long que pouvait nous fournir le fabricant.

Nous prenons par conséquent le problème dans l’autre sens. Nous souhaitons avoir
au minimum une efficacité de conversion de 2 %/W. D’après l’équation (4.1), on en
déduit la valeur correspondante pour h, à savoir 0,43 et on trouve numériquement la
valeur du paramètre de focalisation ξmin = 0, 46 (et σ̃ = 0, 96 dans ce cas). Ceci nous
donne finalement le waist choisi pour la pompe du doubleur au centre du cristal

wdoubleur
1 = 57 µm (4.3)

La focalisation dans le cristal étant fixée, on peut maintenant calculer le rayon de
courbure des miroirs de la cavité.
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B.1.2 Rayon de courbure des miroirs et longueur de la cavité

La cavité contient 2 miroirs concaves de focalisation situés de part et d’autre du
cristal et 2 miroirs plans. Nous choisissons une configuration symétrique pour les rayons
de courbure des miroirs, notés R. On note lcav la longueur géométrique totale de la
cavité, cristal inclus. Une cavité en anneau comme celle-ci comporte deux waists : un
au centre du cristal (noté w1) et un entre les deux miroirs plan (noté w′

1). Il est donc
possible d’utiliser la symétrie de la cavité pour la “déplier” et transformer le problème
en la transformation d’un waist w1 en un waist w′

1 par l’intermédiaire d’une lentille
convergente de focale f = R

2
. La distance entre le waist w1 (resp. w′

1) et la lentille est

notée l1 (resp. l2). On a l1 + l2 = l′ =
lcav−l

(
1− 1

n(ω1)

)

2
la demi-longueur effective de la

cavité. Introduisons les paramètres réduits gj = 1− lj
f

avec j = 1, 2. Il s’agit maintenant
de choisir R, lcav et l1 pour avoir la cavité la plus stable possible avec le waist désiré au
centre du cristal. Nous décidons de nous limiter à une taille totale de cavité de 1 m afin
de réduire l’encombrement du dispositif ainsi que les problèmes de stabilité. A partir
des relations de transformation d’un waist en un autre waist par l’intermédiaire d’une
lentille [Kogelnik et Li, 1966], nous obtenons

w2
1

w′2
1

=
g1

g2

et w2
1w

′2
1 =

λ2f 2

π2
(1− g1g2) (4.4)

d’où la relation entre le waist au centre du cristal, l1, l2 et R

w1 =

√
λf

π

(
(1− g1g2)

g1

g2

) 1
4

(4.5)

On fixe lcav et on exprime l2 en fonction de l′ et l1. On trouve alors que la zone de
stabilité a la forme d’une cloche pour le waist w1 (cf. figure 4.3 (a)) pour l1 compris

entre f et
l′−
√

l′2−4fl′

2
. C’est approximativement au milieu de la zone de stabilité que

le waist est le moins sensible à une variation de l1. On se place donc au centre de cette
zone, c’est-à-dire qu’on choisit comme distance optimale entre le waist w1 et le miroir
concave

lopt
1 =

f

2
+

l′

4
−

√
l′2 − 4fl′

4
(4.6)

Avec ces conditions, une fois la courbure du miroir fixée, w1 ne dépend plus que de
lcav. On calcule donc numériquement la longueur de cavité nécessaire pour obtenir le
waist souhaité au centre du cristal, pour trois valeurs usuelles de rayons de courbure.
Les résultats sont présentés dans le tableau 4.1 où ∆l1 désigne la largeur totale de la
zone de stabilité.

On a tout intérêt à prendre le rayon de courbure le plus grand possible afin de
limiter au maximum l’astigmatisme dans la cavité, tout en ayant une longueur totale
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Chapitre 4. Réalisation expérimentale d’un doubleur de fréquence et d’un OPO à

852 nm

R (mm) lopt
1 (mm) ∆l1 (mm) lcav (mm)

100 64 28 443
150 88 25 803
200 112 25 1270

Tab. 4.1 – 3 configurations possibles permettant d’avoir un waist de 57 µm pour la pompe
au centre du cristal. R désigne le rayon de courbure des miroirs, lopt

1 la distance entre un
miroir et le waist au centre du cristal, ∆l1 la largeur de la zone de stabilité pour l1 et
lcav la longueur géométrique totale de la cavité.
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Fig. 4.3 – (a) Variation du waist w1 dans le cristal du doubleur en fonction de sa distance
effective l1 au miroir concave, pour une longueur totale de cavité de 803 mm et des miroirs
de rayon de courbure 150 mm. (b) Valeur de w1 en fonction de la longueur totale de la
cavité lorsque l1 est au milieu de la zone de stabilité, pour un rayon de courbure R =
150 mm.

inférieure au mètre. On choisit finalement R = 150 mm. Ceci nous donne une longueur
totale de cavité de 803 mm et une distance entre les miroirs concaves de 185 mm.
Notons qu’avec ces valeurs, une erreur de 8 mm sur la distance entre les deux miroirs
concaves n’engendre qu’une erreur de 2 microns sur le waist dans le cristal. On parvient
donc expérimentalement assez facilement à la focalisation désirée. Signalons enfin qu’on
a w′

1 = 245 µm et que les angles de repliement de la cavité sont de 6̊ .

B.2 Choix du miroir de couplage

Comme expliqué précédemment, la cavité va être uniquement résonante pour la
pompe et il n’y aura qu’un seul miroir de couplage, noté M1. En utilisant l’expression
(3.23) du chapitre 3 on peut tracer la puissance de seconde harmonique produite en
fonction de la transmission du miroir de couplage, les autres paramètres étant fixés.
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Pour une puissance nominale de pompe infrarouge de 600 mW, une efficacité de conver-
sion en simple passage de 2 %/W et en considérant 2 % de pertes linéaires dans la cavité
dues principalement à l’absorption dans le cristal, on obtient la courbe présentée sur la
figure 3.4. Le maximum de puissance de seconde harmonique produite correspond alors
à un miroir de transmission T1 égale à 12 % et c’est la valeur que nous avons choisie
pour l’expérience.

Les autres miroirs sont totalement réfléchissants pour l’infrarouge (R ≈ 99, 96 %)
et transparents pour le bleu (T > 97 %). Ceci conduit à une finesse d’environ 45 pour
la cavité, valeur confirmée expérimentalement.

B.3 Asservissement

Pour asservir la cavité à résonance avec le laser (lui-même asservi sur la raie D2 du
césium), nous utilisons la méthode du tilt locking présentée au chapitre 2. Le faisceau
utilisé pour cela est la pompe prise en réflexion sur le miroir d’entrée de la cavité. Cet
asservissement est assez stable (2 à 3 % de fluctuations résiduelles sur l’intensité de
pompe intracavité) et permet de se positionner précisément au sommet des pics de
cavité. Lors des premières mesures effectuées avec le doubleur, l’asservissement était
réalisé par la méthode de Pound-Drever-Hall en modulant le faisceau sortant de la
fibre optique (figure 4.1). Les résultats obtenus avec les deux méthodes sont similaires.
Nous avons choisi de passer à la méthode du tilt locking afin de ne plus être limité
par le modulateur électro-optique en ce qui concerne la puissance totale disponible sur
l’ensemble du montage.

Notons que même si cet asservissement fonctionne bien, il pourrait être avantageux
de le réaliser à l’aide d’un faisceau annexe contrapropageant de faible intensité. En
effet, lorsqu’on change la température du cristal, la puissance incidente sur la cavité
ou la fréquence du laser, le taux effectif de conversion varie fortement, ce qui change
la puissance de pompe réfléchie par la cavité. Il faut alors changer l’offset et le gain
de l’asservissement pour rester à résonance. Un faisceau contrapropageant de faible
puissance serait lui faiblement converti (la puissance convertie augmentant comme le
carré de la puissance intracavité) et ne serait donc que peu perturbé par les modi-
fications mentionnées précédemment, rendant ainsi l’asservissement globalement plus
souple d’utilisation.

B.4 Résultats obtenus

B.4.1 Température de quasi-accord de phase

La température théorique de quasi-accord de phase pour les cristaux que nous avons
est aux alentours de 45̊ C. Il faut vérifier cette valeur expérimentalement et en particu-
lier la précision nécessaire sur l’asservissement de la température afin de ne pas avoir
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de fluctuations de la puissance doublée.

Après avoir monté et aligné la cavité de doublage contenant le cristal et spatialement
adapté le mode du faisceau de pompe, nous avons balayé la longueur de la cavité et
changé la température du cristal jusqu’à obtenir un faisceau bleu en sortie. Nous avons
ensuite enlevé le miroir d’entrée M1 et mesuré la puissance de seconde harmonique émise
pour une puissance de pompe fixée à 600 mW tout en faisant varier la température du
cristal. Deux miroirs dichröıques permettent de séparer en sortie le faisceau bleu produit
de la pompe. Les résultats sont présentés sur la figure 4.4 et on trouve comme attendu
une forme évoluant en sinus cardinal au carré. Nous en déduisons une température
d’accord de phase de 48,4̊ C pour un laser à 852,10 nm. La largeur à mi-hauteur du
pic central correspond à une plage de température ∆T = 0, 8̊ C. Un asservissement
de température précis à 0,01̊ C est donc suffisant pour supprimer les fluctuations de
la puissance de seconde harmonique produite (et sera aussi suffisant pour assurer un
maintien de la dégénérescence pour l’OPO). Cet asservissement est réalisé par un PID
dont le signal d’erreur est fourni par une thermistance placée sur le four métallique
entourant le cristal, le tout étant placé dans une bôıte en plexiglas. Le contrôle de la
température est facilité par la présence de pâte thermique entre le cristal et le four.
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Fig. 4.4 – Puissance de seconde harmonique produite en fonction de la température du
four entourant le cristal, en simple passage, et courbe théorique associée.

Nous avons ensuite remis le coupleur d’entrée et cherché de nouveau la température
permettant de réaliser le quasi-accord de phase pour 600 mW de pompe. Nous avons
trouvé une température de 47,9̊ C, soit 0,5̊ C de moins qu’en simple passage. Cette
légère différence s’explique par le fait que nous contrôlons la température du four et
non directement celle du cristal. Les fortes intensités présentes dans la cavité font
chauffer plus le cristal qu’en simple passage, ce qui explique que le four doit chauffer
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un peu moins le cristal pour que celui-ci soit au final à la même température d’accord
de phase.

B.4.2 Efficacité non-linéaire

Nous avons ensuite souhaité mesurer l’efficacité non-linéaire de doublage de fré-
quence en simple passage ENL. Nous avons pour cela enlevé le miroir de couplage M1

et mesuré la puissance de bleu produite en fonction du carré de la puissance de pompe
incidente. Les résultats sont présentés sur la figure 4.5 (a). On trouve comme attendu
une droite passant par l’origine dont la pente nous donne l’efficacité non-linéaire cher-
chée. On trouve ENL = 1, 76 %/W±0, 02 %/W . Cette valeur est un peu plus faible que
les 2 %/W attendus, ce qui peut s’expliquer soit par une absorption un peu plus grande
que prévue pour la seconde harmonique, soit par un coefficient non-linéaire du cristal
un peu plus faible que prévu, soit par un waist de pompe un peu plus grand que prévu,
la cavité n’imposant plus le waist au centre du cristal. Les deux dernières explications
sont les plus plausibles, le couplage pompe-cavité n’étant initialement pas parfait, et
la valeur de d33 variant entre 10,6 et 17,4 pm/V dans la littérature [Pack et al., 2004].
Des imperfections au sein du cristal peuvent aussi expliquer une efficacité non-linéaire
plus faible.
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Fig. 4.5 – (a) Puissance de seconde harmonique produite en fonction du carré de la
puissance de pompe, en simple passage. (b) Puissance de seconde harmonique produite
en fonction de la puissance de pompe, en cavité, pour un miroir de couplage de 12 % et
un waist de 57 µm.
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B.4.3 Puissance de seconde harmonique produite en cavité

Nous avons ensuite mesuré la puissance de bleu obtenue avec la cavité asservie à
résonance, en fonction de la puissance de pompe couplée dans la cavité. On a environ
80 % de couplage lorsque la puissance incidente est inférieure à 500 mW et environ
75 % au-delà, ce qui montre qu’on a un effet de lentille thermique à forte puissance.
Les résultats sont présentés sur la figure 4.5 (b). La courbe théorique a été calculée
avec l’efficacité non-linéaire mesurée en simple passage. On a choisi des pertes linéaires
sur la pompe L = 3 % qui permettent de mieux rendre compte des premiers points
expérimentaux.

On constate que l’accord théorie-expérience est très bon pour des puissances de
seconde harmonique inférieures à 150 mW (environ 250 mW de pompe). Au-delà, on
constate que la conversion est plus faible que prévue. Ceci peut s’expliquer par des effets
thermiques sur le cristal qui, entre autres choses, distordent les pics de la cavité lorsque
les puissances de pompe et de seconde harmonique sont grandes et qui empêchent un
bon asservissement de la cavité. Ce phénomène a déjà été observé par un autre groupe
avec du PPKTP à une longueur d’onde similaire [Torabi-Goudarzi et Riis, 2003]. L’ef-
ficacité non-linéaire passe ainsi de 1,76 %/W à faible puissance de pompe à 0,6 %/W
pour des puissances de pompe supérieures à 500 mW. Le ratio de conversion P2

P1
moyen

est de 53 %, et il est à peu près valable sur toute la plage de mesures, ce qui est tout à
fait satisfaisant. La valeur maximum stable obtenue est de 340 mW de bleu, ce qui est,
à notre connaissance, la plus grande valeur obtenue à ce jour à cette longueur d’onde.

Notons que malgré une utilisation intensive du doubleur nous n’avons pas constaté
d’effet d’endommagement du cristal du type gray-tracking2 ou d’instabilité importante
pour des puissances de pompe jusqu’à 570 mW, ce qui nous conforte dans notre choix
d’un waist beaucoup plus grand que la valeur prédite par Boyd et Kleinman.

Pour des puissances de pompe autour de 570 mW, en choisissant minutieusement le
point de focalisation dans le cristal, nous sommes parvenus à obtenir jusqu’à 370 mW
de seconde harmonique, mais cette valeur redescend au bout de quelques minutes à 330
ou 340 mW et la puissance reste stable à ce niveau-là. Il y a donc tout de même un effet
engendré dans ce cristal à forte puissance. Il s’agit un tout cas d’un effet assez faible
puisqu’on ne perd que 10 % de la puissance, probablement d’origine thermique. Il ne
s’agit pas d’un endommagement important, progressif et irréversible, sinon le cristal
serait complètement endommagé et aurait une efficacité de conversion moindre depuis
le temps qu’on l’utilise, ce qui n’est pas le cas.

2 Nous avons observé au microscope le cristal ayant été utilisé dans le doubleur pendant plus d’un
an et n’avons vu aucune coloration typique du gray-tracking.
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B.4.4 Facteur M2

Nous avons enfin mesuré le facteur de qualité M2 du faisceau bleu sortant du dou-
bleur à l’aide d’un analyseur de faisceau. Nous avons trouvé un facteur variant entre
1,10 et 1,25 avec une différence relative entre deux waists orthogonaux inférieure à 5 %.
Par conséquent, la qualité optique du faisceau de seconde harmonique est proche d’un
mode TEM00.

Notons enfin que lorsque les asservissements sont optimisés, la puissance de bleu
produite a des fluctuations limitées à 3 %, c’est-à-dire les mêmes que pour la source
laser. Ceci, associé à la forte puissance de bleu disponible dans un mode transverse
très propre, constitue une pompe quasiment idéale pour notre oscillateur paramétrique
optique.

C L’oscillateur paramétrique optique

Nous présentons uniquement ici les résultats de compression du bruit obtenus avec
l’oscillateur paramétrique optique fonctionnant à 852,1 nm. Ces résultats ainsi que tout
ce qui concerne la construction et le fonctionnement de l’OPO seront présentés avec
plus de détails dans le cadre de la thèse de Sidney Burks à venir. On pourra aussi
consulter l’article [Burks et al., 2009].

L’oscillateur paramétrique optique utilisé fonctionne sous le seuil d’oscillation et est
pompé à 426,05 nm par le faisceau produit par le doubleur de fréquence. Sa cavité est
similaire à celle du doubleur et elle utilise un cristal de PPKTP identique. Le schéma
de ce dispositif est présenté figure 4.1.

Les meilleurs résultats de compression de bruit ont été obtenus avec un miroir
de couplage de transmission égale à 7 %. Les mesures ont été effectuées à l’aide d’une
détection homodyne dont les caractéristiques sont décrites dans la section A du chapitre
2. L’oscillateur local provient directement de la fibre optique située après le laser à
titane-saphir, ce qui nous permet d’obtenir une visibilité de 96 % avec le signal issu
de l’OPO. Nous estimons à 5 % les pertes diverses rencontrées par le signal entre la
sortie de l’OPO et la détection homodyne (2 % par cube polariseur et 0,25 % par
face pour les lames demi-onde). L’efficacité de mesure de la détection homodyne vaut
finalement 0, 9× 0, 962 × 0, 95 ≈ 0, 8. On notera que toutes les mesures sont corrigées
du bruit électronique en utilisant la formule (2.17) mais ne sont pas corrigées des pertes
optiques. De plus, les mesures sont normalisées au bruit quantique standard obtenu en
cachant le faisceau signal provenant de l’OPO. La puissance seuil pour la pompe en
entrée du système avec cette configuration est de 90 mW. Nous avons fixé le paramètre
de pompe σ à 0,9 soit environ 70 mW de puissance pompe incidente et nous n’avons
pas mis de faisceau source pour le signal en entrée.

Nous avons commencé par mesurer le bruit du faisceau à une fréquence d’analyse
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fixe, à savoir 1,5 MHz avec une résolution en fréquence (“resolution bandwidth”) de
100 kHz et un filtre vidéo (“video bandwidth”) de 100 Hz. La valeur de 1,5 MHz
correspond à l’ordre de grandeur de la fréquence de la bande latérale que l’on cherche à
stocker dans notre mémoire atomique (chapitre 6) et se situe dans la zone de fréquences
où la compression de bruit est la meilleure. Cette mesure a été faite en balayant la phase
de l’oscillateur local. Le résultat est présenté sur la figure 4.6. On mesure 3,3 ± 0,3 dB
de compression de bruit. C’est en très bon accord avec la théorie qui prévoit 3,3 dB de
compression de bruit en prenant en compte les pertes optiques et en considérant qu’il
y a 3 % de pertes dans la cavité.
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Fig. 4.6 – Puissance de bruit à 1,5 MHz normalisée au bruit quantique standard du
faisceau signal vide en sortie de l’OPO pour un miroir de couplage de 7 %, la phase de
l’oscillateur local étant balayée. Paramètre de pompe : σ = 0, 9.

Nous avons ensuite mesuré le taux de compression de bruit ainsi que l’excès de
bruit sur la plage de fréquences allant de 1 MHz à 5 MHz, toujours avec une résolution
en fréquence de 100 kHz et un filtre vidéo de 100 Hz. Les résultats sont présentés sur
la figure 4.7 (a). On obtient comme le prévoit la théorie une compression atteignant
les 3,3 dB à 1 MHz qui remonte progressivement à 2 dB à 5 MHz du fait de la bande
passante de la cavité qui vaut 8,8 MHz. Nous pouvons donc dire que nous avons obtenu
une compression large bande sur au moins ±5 MHz autour de la porteuse du laser.

Nous avons enfin voulu voir jusqu’à quelle fréquence basse nous avions encore de la
compression de bruit. Nous avons donc mesuré le spectre de bruit du faisceau sortant
de l’OPO entre 0 et 500 kHz avec une résolution en fréquence de 30 kHz et un filtre
vidéo de 36 Hz. Le résultat est présenté sur la figure 4.7 (b). Nous constatons que le
taux de compression reste constant et conforme à la théorie avec une valeur autour de
3 à 3,5 dB jusqu’à 50 kHz. Puis cette valeur tend progressivement vers 0 dB pour des
fréquences en dessous de 50 kHz et atteint le bruit quantique standard vers 25 kHz.3 Il

3 Les valeurs de bruit en dessous de 25 à 30 kHz ne sont pas mesurables avec cette configuration
étant donné que la résolution en fréquence de l’analyseur de spectre est de 30 kHz et que la fréquence
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Fig. 4.7 – (a) Spectres de bruit normalisés au bruit quantique standard de la quadrature
comprimée et anti-comprimée du vide sortant de l’OPO entre 1 et 5 MHz et courbe
théorique pour la quadrature comprimée (pointillés), pour des pertes linéaires de 3 % et
une efficacité de détection de 80 %. (b) Même type de mesure, mais uniquement pour
la quadrature comprimée, sur la bande de fréquence allant de 0 à 500 kHz et courbe
théorique (pointillés).

est important de noter que nous n’observons pas de pics de bruit parasite entre 50 kHz
et 500 kHz contrairement à ce qui a parfois été observé par d’autres groupes (voir
par exemple [Hétet et al., 2007]). Ceci est dû aux faibles bruits techniques présents
sur l’expérience et en particulier à la bonne qualité spectrale de notre laser titane-
saphir qui ne présente pas de bruit technique important au-dessus de 6 kHz, fréquence
correspondant à l’asservissement de son étalon épais.

D Caractérisation d’un état par tomographie quan-

tique homodyne

Nous avons présenté dans la section précédente les résultats de compression obtenus
avec un oscillateur paramétrique optique fonctionnant à 852 nm sous le seuil d’oscilla-
tion. Les états de vide comprimé ont été mesurés par une détection homodyne dont le
photocourant a ensuite été traité par un analyseur de spectre qui donne accès unique-
ment au spectre de bruit du faisceau. Il existe une autre méthode pour caractériser un
état quantique qui consiste à utiliser la totalité des informations contenues dans le pho-
tocourant issu de la détection homodyne pour reconstruire l’état quantique dans son
ensemble, et pas seulement son spectre de bruit. On parle alors de tomographie quan-

de coupure basse des photodiodes est de 25 kHz.
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tique homodyne. Nous présentons dans cette section la mise en place de cette méthode
sur notre expérience et son utilisation pour caractériser un état de vide comprimé.

D.1 Les différentes méthodes de tomographie quantique

La tomographie quantique [Lvovsky et Raymer, 2009] a pour but de reconstruire
l’état quantique d’un système en utilisant un grand nombre de mesures effectuées sur
celui-ci, en changeant à chaque fois un paramètre lors de chaque mesure. Dans notre cas,
nous utilisons une détection homodyne qui donne à chaque mesure une valeur xθ de la
quadrature Xθ. D’une mesure à l’autre, la valeur de θ est modifiée en balayant la phase
de l’oscillateur local. Les données obtenues permettent de reconstruire la distribution
de probabilité de l’observable Xθ pour tout θ, ce qui donne l’état quantique du système
mesuré.

Il existe deux principaux algorithmes de tomographie quantique qui utilisent tous
deux les valeurs de xθ mesurées. Ce qui diffère d’un algorithme à l’autre, c’est la ma-
nière d’exploiter la statistique obtenue pour reconstruire l’état quantique. La première
méthode est la transformée de Radon inverse. Elle s’appuie sur la propriété fondamen-
tale (1.37) de la fonction de Wigner W d’un état quantique, ce qui donne, en projection
selon l’axe yθ = −x sin θ + y cos θ

P (xθ) =

∫ ∞

−∞
dyθW (xθ, yθ) (4.7)

où l’on rappelle que P (xθ) est la distribution de probabilité pour la quadrature Xθ. Il
existe alors une transformation inverse permettant d’exprimer W (xθ, yθ) à partir des
P (xθ) [Vogel et Risken, 1989, Lvovsky et Raymer, 2009], donnant ainsi accès à la fonc-
tion de Wigner et par conséquent à l’état quantique du système, à partir des mesures de
xθ effectuées. Cette méthode a été utilisée expérimentalement pour mesurer des états
comprimés, aussi bien avec des lasers à impulsions [Smithey et al., 1993] qu’en régime
continu [Schiller et al., 1996, Coudreau, 1997]. Bien que donnant de bons résultats, elle
présente plusieurs inconvénients [Lvovsky, 2004]. Le plus important est que pour pou-
voir utiliser la transformation inverse, il faut avoir la distribution de probabilité P (xθ)
pour chaque θ et non pas seulement une mesure de xθ. On en déduit qu’il faut découper
les données expérimentales en intervalles de largeur ∆θ autour de θ pour calculer une
densité de probabilité. Le caractère discret et fini des données expérimentales va donc
engendrer un bruit statistique qui se traduit expérimentalement par des ondulations
résiduelles sur la fonction de Wigner [Breitenbach et al., 1997].

La seconde méthode est appelée algorithme du maximum de vraisemblance, tra-
ditionnellement surnommé MaxLik (“maximum likelihood” en anglais). Il consiste à
partir d’une matrice densité arbitraire pour décrire l’état quantique que l’on cherche,
puis à faire de façon itérative des transformations sur cette matrice afin de converger
vers la matrice densité donnant les distributions de probabilités P (xθ) représentant
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le mieux les mesures effectuées. Cet algorithme ne possède pas les inconvénients de
la transformée de Radon. Sa seule limitation est qu’il implique de travailler avec une
matrice densité de taille finie, donc avec un espace de Fock de dimension finie, ce qui
introduit nécessairement des approximations. Cependant, comme on a sur notre expé-
rience des états de vide comprimés présentant de faibles taux de compression, se limiter
à un faible nombre de photons dans la base de Fock permet de décrire avec une très
grande fidélité tous les états rencontrés. On pourra s’en convaincre en prenant la dis-
tribution de probabilité d’avoir n photons pour un état cohérent (1.50) et en calculant
que pour α < 1 la probabilité d’avoir plus que 10 photons est inférieure à 10−8. Par
conséquent, en choisissant 10 photons dans la base de Fock pour reconstruire un état,
on peut considérer que l’espace tronqué est complet. Une autre qualité non négligeable
de cet algorithme est qu’il est construit de telle manière que le résultat qu’il donne est
nécessairement un état physique, puisqu’on obtient toujours une matrice densité her-
mitienne semi-définie positive de trace unité. Ceci n’est pas le cas lorsqu’on utilise la
transformée de Radon inverse, la probabilité de trouver n photons pouvant par exemple
prendre des valeurs négatives [Lvovsky, 2004]. Enfin, l’algorithme MaxLik permet de
prendre en compte facilement les pertes sur le faisceau.

Pour toutes ces raisons nous avons choisi d’utiliser l’algorithme du maximum de
vraisemblance pour reconstruire les états quantiques que l’on produit, et nous allons
maintenant détailler son principe de fonctionnement.

D.2 Algorithme de calcul du maximum de vraisemblance :
MaxLik

D.2.1 Présentation de l’algorithme

Nous utilisons l’algorithme présenté dans l’article [Lvovsky, 2004] lui même inspiré
d’un algorithme développé par Z. Hradil et al. [Hradil, 1997], [Rehácek et al., 2001]. On
commence par effectuer une série de mesures par détection homodyne de la quadrature
Xθ en faisant varier l’angle θ de 0 à 2π. On obtient alors un ensemble discret de
données angle - quadrature {θi, xi}, i = 1, ..., N . L’idée de l’algorithme du maximum de
vraisemblance est de construire la matrice densité qui décrit le mieux l’état quantique
que l’on a mesuré, c’est-à-dire la matrice densité de l’état qui, s’il était mesuré par
détection homodyne, donnerait un ensemble de valeurs angle - quadrature les plus
proches possible des données expérimentales. On comprend alors l’origine du nom de
l’algorithme, la matrice densité ainsi construite étant celle qui ressemblera le plus à la
matrice densité du système physique.

Le point de départ de l’algorithme est de trouver une mesure de l’écart séparant
la matrice densité reconstruite ρ de l’état quantique du système mesuré représenté
par la matrice densité ρ0. Cette mesure est donnée par le logarithme de vraisemblance
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ln(L(ρ)) défini4 par

ln(L(ρ)) =
N∑

i=1

ln(p(θi, xi)) (4.8)

où p(θi, xi) est la probabilité de mesurer la valeur xi pour la quadrature d’angle θi avec
la matrice densité ρ, c’est-à-dire

p(θi, xi) = Tr(Π(θi, xi)ρ) (4.9)

Π(θi, xi) = |θi, xi〉〈θi, xi| étant le projecteur sur l’état propre |θi, xi〉 de la quadrature
Xθi

. Si ρ = ρ0, un grand nombre des probabilités p(θi, xi) seront proches de 1 ou en
tout cas seront les plus grandes possibles, et donc le logarithme de vraisemblance sera
“proche”de 0. Si ρ est une matrice quelconque décrivant mal le système, alors la plupart
des probabilités p(θi, xi) seront petites, d’où ln(L(ρ)) ayant une grande valeur négative.
On comprend alors que la matrice densité décrivant le mieux les mesures expérimentales
est celle pour laquelle le logarithme de vraisemblance est le plus proche de 0.

Le second ingrédient de l’algorithme est de trouver une boucle itérative qui, partant
d’une matrice densité quelconque (on considère qu’on a aucune connaissance a priori sur
l’état quantique mesuré, même si expérimentalement ce n’est pas vrai) conduit petit à
petit vers une matrice décrivant de mieux en mieux l’ensemble des mesures effectuées.
Il s’agit donc de trouver une opération mathématique qui, prenant la matrice ρ, la
transforme en une matrice ρ′ tel que ln(L(ρ′)) > ln(L(ρ)). Une opération qui permet
de faire cela est la suivante

ρ′ =
R(ρ)ρR(ρ)

Tr(R(ρ)ρR(ρ))
(4.10)

avec

R(ρ) =
N∑

i=1

Π(θi, xi)

p(θi, xi)
(4.11)

On peut alors voir que le point fixe de l’itération correspond à la matrice densité re-
présentant le mieux l’état puisque dans le cas d’une matrice ρ0 décrivant parfaitement
l’état, on aurait p(θi, xi) ∼ 1 ∀i d’où R(ρ0) ∼ I et donc R(ρ0)ρ0R(ρ0) ≈ ρ0, ce qui repré-
sente effectivement un point fixe. Cependant, sous la forme présentée ici, il n’y a aucune
garantie mathématique que le logarithme de vraisemblance augmente à chaque étape de
l’itération et conduise donc au final à la matrice ρ0. Il existe même des contre-exemples
théoriques [Rehácek et al., 2007]. Quoi qu’il en soit, si l’on prend un grand nombre de
points expérimentaux pour reconstituer l’état, il est fort peu probable de tomber sur un
cas pour lequel le logarithme de vraisemblance se met subitement à diminuer après un

4 En toute rigueur, la définition est ln(L(ρ)) =
∑

i fi ln(p(θi, xi)) où fi est le nombre de fois où l’on
a mesuré le couple de données (θi, xi). Comme on supposera que l’on fait toujours varier l’angle d’une
mesure à l’autre, et que l’on se limite à des mesures allant de 0 à 2π, fi vaudra 1 pour les valeurs
mesurées, d’où la définition donnée dans le texte.
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certain nombre d’itérations, et il n’y a pas à notre connaissance de cas expérimentaux
ayant donné un tel résultat. Il est toutefois possible de modifier légèrement l’algorithme
pour s’assurer d’une stricte croissance du logarithme de vraisemblance à chaque étape
mais au prix d’une convergence pouvant parfois être un peu moins rapide (voir par
exemple l’algorithme MaxLik “dilué” [Rehácek et al., 2007]). Dans notre utilisation de
l’algorithme, nous nous contenterons de vérifier que le logarithme de vraisemblance
augmente bien à chaque étape.

D.2.2 Expression dans la base de Fock et reconstruction de la fonction de
Wigner

Pour la programmation de l’algorithme, nous avons choisi d’exprimer tous les opéra-
teurs dans la base des états de Fock. Nous devons tronquer l’espace de Fock à D photons
comme expliqué précédemment, ce qui fait que les opérateurs sont des matrices de taille
(D +1)× (D + 1). Nous écrivons ces opérateurs sous la forme A =

∑D
n,m=0 Anm|n〉〈m|.

De plus, afin d’utiliser les expressions les plus répandues dans la littérature, nous choi-
sissons de normaliser les quadratures Xθ et Yθ de telle façon que leur commutateur
vaut désormais i et le bruit quantique standard a pour variance 1

2
(au lieu de 1 dans le

reste du manuscrit).

Les ingrédients de base de l’algorithme sont les probabilités p(θi, xi) et les projec-
teurs Π(θi, xi) qui s’écrivent dans la base de Fock

p(θi, xi) =
∑
n,m

ρmnΠnm(θi, xi) (4.12)

Πnm(θi, xi) = 〈n|θi, xi〉〈θi, xi|m〉 = ei(n−m)θi〈n|0, xi〉〈0, xi|m〉

Πnm(θi, xi) = ei(n−m)θi

(
1

π

)1/2
1√

2n+mn!m!
e−x2

i Hn(xi)Hm(xi) (4.13)

où l’on a utilisé la relation (A-21) de l’annexe donnant l’expression des états nombres
en représentation |x〉. Hn est le polynôme d’Hermite d’ordre n. Les (θi, xi) étant donnés
par les mesures expérimentales, on a tous les éléments pour pouvoir calculer ρ, Π, p, R
et ρ′ dans la base de Fock et ainsi implémenter l’algorithme.

Une fois la matrice densité reconstruite dans la base de Fock, on peut en déduire
la fonction de Wigner en utilisant les formules (A-19) et (A-28, A-29) données en
annexe. Même si la fonction de Wigner n’est pas directement utilisée pour trouver
les caractéristiques de l’état (notamment le taux de compression d’un état comprimé,
qu’on calculera d’une autre manière comme expliqué un peu plus loin), avoir l’allure de
cette fonction après avoir appliqué l’algorithme est très utile pour voir si l’algorithme
n’a pas eu de problème majeur et pour avoir une représentation visuelle de l’état.
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D.2.3 Caractérisation de l’état

Une fois la matrice densité reconstruite, comment caractériser l’état quantique ob-
tenu, en particulier, comment calculer les variances des quadratures du champ ? Les
états que nous étudierons seront soit des états cohérents, soit des états de vide com-
primés non minimaux. Il est alors pratique de décrire ces états en utilisant les états de
vide thermiques comprimés décrits à la section B.4.4 du chapitre 1. On pourra en effet
décrire avec seulement deux paramètres (nombre de photons thermiques nth et para-
mètre de compression r) les propriétés de bruit de l’état, qu’il soit au bruit quantique
standard, comprimé minimal ou comprimé avec excès de bruit. Or l’équation (1.70)
nous dit que la probabilité pST (n) de mesurer n photons pour un tel état quantique
s’exprime à partir de ces deux paramètres. On peut donc calculer les paramètres nth

et r qui donneront une probabilité théorique pST (n) la plus proche possible des élé-
ments diagonaux de la matrice densité reconstruite par l’algorithme MaxLik. On en
déduira alors toutes les caractéristiques de l’état mesuré par tomographie quantique,
notamment son taux de compression.

D.2.4 Version finale de l’algorithme

Finalement, l’algorithme du maximum de vraisemblance que l’on a utilisé pour re-
construire les états quantiques et en déduire les propriétés qui nous intéressent a la
forme suivante

• acquisition des données expérimentales (θi, xi) pour i = 1, ..., N pour l’état
étudié et pour le vide

• normalisation des données au bruit quantique standard
• calcul des projecteurs Πnm(θi, xi) pour i = 1, ..., N d’après (4.13)
• initialisation : ρ = I/(D + 1)
• calcul préliminaire des p(θi, xi) d’après (4.12) et de ln(L(ρ)) d’après (4.8)
• début boucle itérative pour i = 1, ..., Nit

calcul des Rnm(ρ) d’après (4.11)
calcul des ρ′nm d’après (4.10)
calcul des p(θi, xi) pour ρ′ en utilisant (4.12)
calcul de ln(L(ρ′)) d’après (4.8)
vérification que l’algorithme converge, i.e. ln(L(ρ′)) > ln(L(ρ))
remplacements ln(L(ρ)) = ln(L(ρ′)), ρ = ρ′

fin boucle itérative
• calcul des paramètres nth et r pour que pST (n) soit le plus proche possible des

valeurs de la diagonale de ρ
• calcul de la variance des quadratures de l’état reconstitué
• calcul de la fonction de Wigner d’après (A-28, A-29)
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On notera qu’on a pris comme matrice densité de départ la matrice identité normalisée
de trace unité. Ce choix est arbitraire, mais le fait d’avoir initialement tous les éléments
diagonaux non nuls peut permettre d’éviter des problèmes de probabilités nulles, par
exemple dans le calcul de R.

En ce qui concerne le choix du nombre d’itérations, il peut se faire de deux manières.
Soit on choisit un nombre d’itérations fixe, soit on calcule l’écart du logarithme de
vraisemblance et des valeurs de la matrice densité entre deux itérations successives et
on arrête la boucle lorsque cet écart est inférieur à une limite qu’on s’est fixée. Afin
d’éviter de rajouter des opérations supplémentaires dans la boucle itérative, on a choisi
de fixer le nombre d’itérations à 100 dans notre cas. On a en effet constaté que dans
les cas que nous avons rencontrés expérimentalement, le logarithme de vraisemblance
et la matrice densité avait des variations relatives inférieures à environ 10−5 après ce
nombre d’itérations, et on considère que continuer l’algorithme au-delà n’aurait plus
d’influence sur les résultats obtenus, vu l’incertitude sur les mesures et sur le résultat
final (D.2.6).

D.2.5 Implémentation de l’algorithme et temps de calcul

Dans l’algorithme précédent, il y a plusieurs boucles, l’une portant sur le nombre
d’itérations à réaliser, d’autres sur le nombre de points expérimentaux acquis, par
exemple dans le calcul de ln(L(ρ)) ou de tous les p(θi, xi). Si le nombre de points ex-
périmentaux est trop grand, l’algorithme met un temps trop long à chaque itération,
et il devient inutilisable. De plus, et c’est un point crucial pour notre expérience, cet
algorithme devra à terme mesurer un état comprimé après stockage dans une mémoire
quantique. Or on souhaite expérimentalement pouvoir optimiser en temps réel les per-
formances de la mémoire quantique (donc le taux de compression en sortie) en faisant
des mesures de façon répétitive (une mesure toutes les minutes par exemple) et en
changeant à chaque fois l’un des nombreux paramètres de l’expérience. L’algorithme
MaxLik ne sera donc intéressant que s’il est capable de nous donner en quasi-temps
réel le taux de compression de l’état sortant de la mémoire, comme le fait un analyseur
de spectre. S’il faut plus de 10 minutes pour reconstituer l’état, l’algorithme précédent
n’est plus utilisable en temps réel.

Dans la littérature, l’algorithme MaxLik est couramment utilisé avec des données
expérimentales comprenant entre 10000 et 200000 paires de points angle-variance (voir
par exemple [Lvovsky, 2004], [Rehácek et al., 2007], [Ourjoumtsev, 2007]). Comme la
précision des résultats obtenus augmente avec le nombre de points mesurés, nous pren-
drons le maximum de points expérimentaux conduisant à un temps de calcul raison-
nable, avec au minimum 10000 points. Nous avons programmé l’algorithme avec le
logiciel MATLAB qui s’avère très efficace dans ce cas à condition d’utiliser un traite-
ment matriciel (donc parallèle) pour les calculs sur les N paires de données. Nous avons
au final obtenu les temps suivants pour le traitement de l’algorithme pour 100 itéra-
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tions sur un ordinateur portable possédant un processeur à 1,8 GHz : 5 s pour 10000
points, 40 s pour 100000 points et 400 s pour 1 millions de points. Nous utiliserons par
conséquent entre 10000 et 100000 paires de points expérimentaux pour une utilisation
de l’algorithme en temps réel et environ un million de paires de points pour des calculs
a posteriori lorsque nous aurons obtenu la meilleure configuration expérimentale.

D.2.6 Estimation de l’erreur

Pour une séquence expérimentale comportant N paires de points, l’algorithme Max-
Lik nous donne une matrice densité à partir de laquelle on déduit les propriétés de bruit
de l’état quantique mesuré. Pour estimer l’incertitude sur les variances obtenues pour
une séquence expérimentale donnée, nous nous inspirons de la méthode proposée par
A. Lvovsky [Lvovsky, 2004]. L’idée est de conserver les différents angles pour lesquelles
les mesures ont été effectuées et de calculer les N distributions de probabilités p(θi, x)
données par la relation (4.9) en utilisant la matrice densité finale ρf donnée par l’algo-
rithme. On crée ensuite numériquement un ensemble de N paires (θi, xi) satisfaisant ces
distributions de probabilités. Cet ensemble de données, qui a la même allure en termes
de bruit que les données expérimentales initiales (on crée un photocourant théorique
similaire au photocourant mesuré), est ensuite traité par l’algorithme qui reconstitue
une matrice densité ρk. En répétant l’opération un grand nombre de fois, on obtient
tout un ensemble de matrice ρk sur lesquelles on peut faire des calculs statistiques
d’erreur par rapport à la matrice ρf . On en déduit alors l’incertitude sur les variances
puisque celles-ci sont calculées à partir de la matrice densité. Nous avons employé cette
méthode pour estimer l’erreur sur les compressions de bruit données par l’algorithme.

D.3 Test de l’algorithme MaxLik avec un état comprimé

Après avoir mis en place l’algorithme, nous avons validé la châıne de mesure et
d’analyse (carte d’acquisition et algorithme) sur des exemples concrets. Nous avons
pour cela mesuré le bruit obtenu à l’analyseur de spectre puis fait une acquisition
et un traitement par l’algorithme MaxLik du photocourant à l’ordinateur, et ce pour
différents états, à savoir un état vide, puis des états présentant différents taux de
compression à différentes fréquences. Une fois ces mesures faites, nous avons comparé
les résultats obtenus avec les deux systèmes. Nous allons maintenant présenter les
résultats obtenus pour un état comprimé présentant environ 2 dB de compression de
bruit à 1,5 MHz. Ces résultats sont présentés sur les figures 4.8, 4.9 et 4.10.

D.3.1 Acquisition informatique et calcul de la variance

Sur les figures 4.8 (a) et (b) on peut voir les photocourants normalisés correspon-
dant au bruit quantique standard (a) et à l’état comprimé (b) pour une acquisition à la
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vitesse de 100 millions d’échantillons par seconde pendant environ 11 ms. Ces photo-
courants ont été filtrés sur une largeur de 100 kHz autour de 1,5 MHz. La phase relative
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Fig. 4.8 – (a) Photocourant normalisé comportant environ un million de points cor-
respondant à une mesure du vide par détection homodyne. Acquisition effectuée à 100
millions d’échantillons par seconde sur une durée d’environ 11 ms. Le photocourant a été
filtré sur une largeur de 100 kHz autour de 1,5 MHz pour le traitement par ordinateur.
(b) Même type de mesure, mais pour un état comprimé, avec balayage de la phase θ entre
l’oscillateur local et le signal mesuré. (c) Puissance de bruit de l’état comprimé norma-
lisée au bruit quantique standard, mesurée avec un analyseur de spectre, à la fréquence
de 1,5 MHz avec une résolution en fréquence de 100 kHz. (d) Calcul de la variance du
photocourant de la figure (b) normalisée au bruit quantique standard pour un décou-
page du photocourant en 70 ensembles d’environ 14000 points. Chaque point de la figure
correspond à la variance d’un de ces ensembles de points.

entre l’oscillateur local et le signal est balayé avec une période de 10 ms. Les données
expérimentales sont ensuite découpées en 70 ensembles (“bins”) d’environ 14000 points
chacun, et on calcule la variance normalisée au bruit quantique standard pour chaque
ensemble. On obtient alors le bruit normalisé correspondant au photocourant (figure
4.8 (d)) et on peut le comparer à une mesure effectuée avec un analyseur de spectre (fi-
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gure 4.8 (c)). On notera que la mesure à l’analyseur de spectre a été effectuée quelques
secondes avant d’enregistrer le photocourant avec la carte d’acquisition, ce qui explique
la légère différence entre la variance mesurée à l’analyseur de spectre et la variance cal-
culée après acquisition informatique. On trouve pour la mesure faite à l’ordinateur un
taux de compression compris entre -1,9 et -2,4 dB et un excès de bruit compris entre
5,9 et 6,2 dB, et avec l’analyseur de spectre on obtient de -1,6 à -1,9 dB de compression
de bruit pour un excès de bruit compris entre 5,4 et 6,1 dB. On a constaté que le
taux de compression ou l’excès de bruit obtenus par ordinateur dépendent de la taille
des “bins” utilisés pour calculer les variances, comme on pouvait s’y attendre. On peut
donc dire que les variances mesurées à l’analyseur de spectre et avec l’ordinateur sont
compatibles, aux fluctuations et aux erreurs de mesure près.

D.3.2 Reconstruction de l’état avec l’algorithme MaxLik

Nous avons ensuite utilisé le programme de maximum de vraisemblance pour recons-
tituer la matrice densité correspondant au photocourant de la figure 4.8 (b). Les mo-
dules des éléments de cette matrice densité sont représentés figure 4.9 (a). On constate,
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Fig. 4.9 – (a) Modules des éléments de la matrice densité obtenue par l’algorithme
MaxLik appliqué sur le photocourant de la figure 4.8. (b) Eléments diagonaux de la
matrice densité en fonction du nombre de photons n (symbole +). Comparaison avec
les probabilités de mesurer n photons pour un vide thermique comprimé de paramètres
r = 0, 450 et nth = 0, 282 (symbole ×).

comme on l’a dit précédemment, que le fait d’utiliser 10 photons pour l’espace de Fock
est suffisant et n’introduit qu’une très faible erreur sur la reconstruction, les compo-
santes ρmn de la matrice densité étant très petites pour m,n ≥ 7 comparées aux pre-
mières valeurs de la diagonale. Ces valeurs de la diagonale nous donnent la probabilité
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de mesurer n photons et sont représentées figure 4.9 (b). On constate le très bon accord
avec les points théoriques obtenus pour un vide thermique comprimé de paramètre de
compression r = 0, 450 et avec un nombre de photons thermiques nth = 0, 282. On no-
tera que contrairement à un vide comprimé minimal, on a des probabilités non nulles de
mesurer des nombres impairs de photons. Ceci provient des pertes intra et extra-cavité
OPO qui détruisent aléatoirement des photons, transformant ainsi des nombres pairs
de photons en nombres impairs. C’est avec les paramètres r et nth qu’on calcule les
variances de la quadrature comprimée et de celle présentant un excès de bruit (formule
(1.69) du chapitre 1). On trouve un taux de compression de 1,97 ± 0,05 dB et un excès
de bruit de 5,85 ± 0,03 dB, les incertitudes ayant été calculées par la méthode présentée
à la section D.2.6 avec la reconstruction de 1000 matrices densités “théoriques” ρk. Ces
valeurs sont compatibles avec celles fournies par l’analyseur de spectre.

Nous présentons enfin sur la figure 4.10 les fonctions de Wigner associées aux ma-
trices densité reconstruites par l’algorithme MaxLik pour les photocourants correspon-
dant à l’état de vide et à l’état comprimé (figure 4.8 (a) et (b)). On obtient les formes
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l’algorithme MaxLik pour le photocourant du vide de la figure 4.8 (a). Même reconstruc-
tion, mais pour l’état comprimé correspondant au photocourant de la figure 4.8 (b). (c)
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de la fonction de Wigner (b) de l’état comprimé.



126
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852 nm

attendues et on notera l’absence de fortes ondulations sur les bords de la fonction de
Wigner, ce qui est l’un des avantages de la reconstruction tomographique par l’algo-
rithme MaxLik, comme on l’avait signalé à la section D.1. Nous avons ensuite tracé les
lignes de niveaux de ces fonctions de Wigner (figure 4.10 (c) et (d)), ce qui correspond
dans ce cas à la visualisation des fluctuations quantiques dans le repère de Fresnel. On
pourrait utiliser ces lignes de niveaux pour retrouver le taux de compression et d’excès
de bruit de l’état comprimé mais cette méthode s’avère moins précise que celle utilisée
précédemment.

En conclusion, on constate que l’algorithme MaxLik donne les mêmes résultats
en termes de bruit que ceux obtenus avec un analyseur de spectre. Cet algorithme
sera utilisé pour les mesures sur des états de vide comprimés, en particulier lorsque les
faisceaux seront découpés en impulsions pour être stockés dans une mémoire quantique.

E Conclusion

En conclusion, nous avons réalisé un montage permettant de produire un état de
vide comprimé résonant avec la raie D2 du césium. Le système s’articule autour d’un
oscillateur paramétrique optique fonctionnant sous le seuil d’oscillation pompé par un
faisceau à 426 nm provenant d’un doubleur de fréquence lui-même pompé par un laser à
titane-saphir. Le doubleur de fréquence présente un taux de conversion moyen de 53 %
pour des puissances de pompe allant jusqu’à environ 600 mW. Il a permis d’obtenir de
façon stable jusqu’à 340 mW de faisceau bleu à 426 nm ce qui est à notre connaissance
la plus grande valeur actuellement atteinte à cette longueur d’onde. En ce qui concerne
l’OPO, nous avons obtenu de la compression de bruit sur la bande de fréquence allant
de 25 kHz à plus de 5 MHz avec un peu plus de 3 dB dans la région 50 kHz à 2 MHz.
Ces résultats sur le doubleur de fréquence et l’OPO sont proches des valeurs théoriques
attendues, et l’absence d’instabilités importantes, d’endommagement du milieu non-
linéaire ou de BLIIRA valide notre utilisation d’un cristal de PPKTP associé à une
focalisation beaucoup moins forte que celle prévue par la théorie. Notons aussi que le
fait d’avoir des taux de compression importants à des fréquences aussi basses fait de ce
système de génération de vide comprimé un candidat idéal pour l’étude de l’interaction
lumière-matière avec des atomes de césium et en particulier pour le stockage d’un
état non-classique de la lumière dans une mémoire atomique par transparence induite
électromagnétiquement.

Nous avons également présenté un algorithme de reconstruction d’états quantiques
par tomographie quantique homodyne. L’algorithme utilise la méthode de recherche
du maximum de vraisemblance. Les tests effectués avec cet algorithme sur des états
comprimés donnent les mêmes résultats que ceux fournis par un analyseur de spectre,
ce qui permet de valider l’algorithme ainsi que la châıne d’acquisition associée.
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L’un des éléments fondamentaux des réseaux de communications quantiques, et
en particulier des répéteurs quantiques, est la possibilité de transmettre des faisceaux
intriqués vers deux lieux séparés spatialement, de stocker cette intrication dans des
mémoires quantiques et de pouvoir restituer à la demande ces deux faisceaux intriqués
[Duan et al., 2001], [Kimble, 2008]. Comme on l’expliquera au chapitre 6, nous avons
mis en place un dispositif de mémoire dans une vapeur de césium permettant de stocker
l’information quantique contenue dans un faisceau lumineux. Par extension, avec deux
telles mémoires, il est possible en théorie de stocker et de restituer deux faisceaux
intriqués.

Nous souhaitons créer deux faisceaux intriqués pour pouvoir tester à terme le sto-
ckage d’intrication dans deux mémoires. Il existe des dispositifs permettant de créer
directement des états intriqués, comme par exemple un oscillateur paramétrique op-
tique de type II. Cependant, comme expliqué dans le chapitre précédent, nous dispo-
sons d’une source de vide comprimé à 852 nm qui s’appuie sur un OPO de type I.
Par conséquent, au lieu de construire un nouveau dispositif, on souhaiterait utiliser les
états comprimés dont on dispose déjà pour créer des faisceaux intriqués.

Nous allons étudier dans ce chapitre deux systèmes permettant de créer deux
faisceaux intriqués à partir d’un état de vide comprimé, à savoir une lame semi-
réfléchissante et une cavité Fabry-Pérot. Nous comparerons l’intrication au sens de
Duan et Simon obtenue dans les deux cas, tout d’abord juste après la séparation en
deux faisceaux, puis après avoir fait passer ces faisceaux dans deux ensembles ato-
miques dont la fonction de transfert sera modélisée par des fenêtres de transparence
induite électromagnétiquement (EIT) (chapitre 7). Ces ensembles atomiques seront à
terme des mémoires quantiques, mais nous nous contenterons dans ce chapitre d’étu-
dier le processus en régime stationnaire, ce qui donne déjà une limite supérieure au
taux d’intrication qu’il est possible de récupérer si on avait deux mémoires quantiques,
c’est-à-dire si on étudiait le fonctionnement en régime séquentiel avec deux impulsions
signal intriquées stockées puis restituées (chapitre 6, section A.4.2). On étudiera tout
particulièrement dans ce chapitre le cas de fenêtres d’EIT centrées sur les bandes la-
térales des faisceaux à stocker (figure 5.1) étant donné que notre mémoire quantique
est particulièrement adaptée au stockage d’une bande latérale unique (section B.2.3 du
chapitre 6).
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A Dispositifs étudiés et notations

A.1 Présentation du dispositif global

Nous souhaitons étudier le dispositif dont le schéma est présenté sur la figure 5.1.
On considère un état comprimé incident représenté par le champ Ain qui est séparé en

Etat comprimé
incident

Dispositif de séparation spatiale
en deux faisceaux intriqués

Ensemble atomique 1

Fenêtre d'EIT 1

Ensemble atomique 2

Fenêtre d'EIT 2

w

A
in

A1

A2

A
out

1

A
out

2

Intrication après
séparation spatiale

Intrication après passage dans
les ensembles atomiques

wP w WP+w WP-

wP w WP+w WP-
w

Fig. 5.1 – Représentation schématique d’un dispositif permettant de séparer spatiale-
ment un faisceau initialement comprimé en deux faisceaux intriqués et de faire passer
ces deux faisceaux dans 2 ensembles atomiques caractérisés par des fonctions de trans-
fert qui sont des fenêtres de transparence induite électromagnétiquement (EIT). Le but
est d’étudier l’intrication des faisceaux juste après séparation spatiale et après passage
dans les ensembles atomiques. Les exposants “in” et “out” servent à indexer les champs
respectivement avant séparation et après passage dans les atomes. L’absence d’exposant
indique les champs juste après le dispositif de séparation spatiale.

deux faisceaux A1 et A2. Chaque faisceau traverse ensuite un ensemble d’atomes dans
lequel on a créé une fenêtre de transparence induite électromagnétiquement (EIT) (voir
chapitre 7 pour plus de détails sur l’EIT). Les fenêtres ne sont pas forcément identiques,
et sont caractérisées par des fonctions de transfert fEIT, 1(Ω) et fEIT, 2(Ω). Les faisceaux
sortant sont notés Aout

1 et Aout
2 . On s’intéresse à l’intrication au sens de Duan et Simon

comme définie à la section C.2.1 du chapitre 1.
Dans ce chapitre, on va étudier l’intrication avant et après passage dans les en-

sembles atomiques, en comparant deux dispositifs permettant de séparer un champ
comprimé en deux faisceaux intriqués : une lame semi-réfléchissante et une cavité Fabry-
Pérot.
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A.2 Dispositifs de séparation

Il existe plusieurs dispositifs permettant de créer des faisceaux intriqués à partir d’un
faisceau dans un état comprimé. Nous allons présenter succinctement trois systèmes
dans cette section et nous reviendrons plus en détail sur deux de ces systèmes dans les
sections suivantes. Ces dispositifs sont une lame semi-réfléchissante, une cavité Fabry-
Pérot et un interféromètre de Mach-Zehnder asymétrique. Les deux derniers systèmes
ont la particularité de pouvoir séparer différentes bandes de fréquences contrairement
à la lame semi-réfléchissante qui agit de la même manière sur toutes les fréquences du
faisceau.

A.2.1 Lame semi-réfléchissante

Une lame semi-réfléchissante sépare en deux le faisceau incident et combine en
sortie ce faisceau avec les fluctuations du vide entrant par l’autre voie de la lame
(figure 5.2). Ce dispositif n’étant pas sélectif en fréquence, on obtient sur chaque sortie
une superposition des bandes latérales du signal incident et des fluctuations du vide,
comme représenté schématiquement sur la figure. Il s’agit du dispositif de séparation
des faisceaux le plus simple à mettre en œuvre, ne nécessitant aucun asservissement.
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Fig. 5.2 – Représentation schématique de l’effet d’une lame semi-réfléchissante sur les
bandes latérales d’un signal Ain, les fluctuations du vide Ain

V rentrant par l’autre voie. Les
bandes latérales des faisceaux de sortie sont identiques pour les deux voies et constituées
d’un mélange des bandes latérales du signal et des fluctuations du vide. ωP représente la
fréquence de la porteuse du signal incident (fréquence centrale du laser source), ωP ± Ω
sont les fréquences de deux bandes latérales symétriques par rapport à cette porteuse.
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A.2.2 Cavité Fabry-Pérot

Le second système considéré est une cavité de filtrage de type Fabry-Pérot com-
portant deux miroirs de couplage M1 et M2 (figure 5.3). Nous considèrerons dans ce
chapitre une cavité en anneau, mais les résultats sont encore valables avec une cavité
linéaire.
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Fig. 5.3 – Schéma représentant l’effet d’une cavité Fabry-Pérot sur les bandes latérales
d’un signal Ain incident sur le miroir M1, le vide Ain

V entrant par le miroir M2. Autour
de la fréquence de résonance de la cavité (ωP + Ω sur la figure) ou en dehors de la bande
passante de la cavité (fréquences inférieures à ωP sur la figure), les bandes latérales des
deux faisceaux de sortie ne sont pas un mélange des bandes latérales des champs Ain

et Ain
V , elles sont constituées soit d’une bande latérale du champ Ain, soit d’une bande

latérale de Ain
V . On note Ac le champ circulant dans la cavité, ωP la fréquence de la

porteuse du signal incident, ωP ± Ω les fréquences de deux bandes latérales symétriques
par rapport à cette porteuse. Illustration tirée de [Huntington et Ralph, 2002].

Comme nous le verrons par la suite, contrairement au cas de la lame semi-réfléchis-
sante, ce dispositif est sélectif en fréquence. Il en résulte que les champs de sortie ont des
bandes latérales qui sont soit constituées des fluctuations du signal incident sur le miroir
M1, soit des fluctuations du vide entrant par le miroir M2, mais il n’y a pas de mélange
de ces fluctuations pour une bande latérale donnée1 [Huntington et Ralph, 2002]. Ce
dispositif a déjà été utilisé expérimentalement pour séparer un faisceau comprimé en
deux faisceaux intriqués [Hage et al., 2007].

1 En toute rigueur, ceci n’est vrai qu’autour de la fréquence de résonance de la cavité ou pour des
fréquences bien en dehors de la bande passante de la cavité.
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A.2.3 Interféromètre de Mach-Zehnder asymétrique

Il existe un autre dispositif permettant de séparer les différentes bandes de fréquen-
ces d’un faisceau. Il s’agit d’un interféromètre de Mach-Zehnder asymétrique comme
représenté sur la figure 5.4.
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Fig. 5.4 – Représentation schématique de l’effet d’un interféromètre de Mach-Zehnder
asymétrique sur les bandes latérales d’un signal Ain, les fluctuations du vide Ain

V rentrant
par l’autre face de la première lame 50/50. Comme dans le cas de la cavité Fabry-Pérot,
les bandes latérales des deux faisceaux de sortie sont constituées soit d’une bande latérale
du champ Ain, soit d’une bande latérale issue du vide Ain

V . ωP représente la fréquence
de la porteuse du signal incident, ωP ± Ω sont les fréquences de deux bandes latérales
symétriques par rapport à cette porteuse. Illustration tirée de [Glöckl et al., 2006].

Ce dispositif a déjà été utilisé expérimentalement pour produire des états intri-
qués à partir d’un état comprimé [Huntington et al., 2005]. Cependant, ce système
serait complexe à mettre en œuvre pour notre expérience. En effet, nous souhaitons
pouvoir séparer et stocker des bandes latérales distantes d’une fréquence fm valant
environ 1 MHz par rapport à la fréquence de la porteuse (chapitre 6). Pour que l’in-
terféromètre de Mach-Zehnder asymétrique effectue une telle séparation, il faut que la
différence ∆L de chemin entre les deux bras de l’interféromètre satisfasse la relation
[Huntington et al., 2005]

∆L =
c

4fm

(5.1)

ce qui donne ∆L ≈ 75 m pour notre expérience. Une telle différence entre les deux
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bras de l’interféromètre serait difficile à réaliser expérimentalement à l’air libre, et
l’utilisation d’une fibre optique engendrerait des pertes diminuant d’autant l’intrication
sur les faisceaux de sortie. Par conséquent, ce dispositif ne sera pas étudié plus en détail
dans ce chapitre. Dans [Huntington et al., 2005] l’utilisation de ce système a été rendue
possible par le choix d’une fréquence d’environ 10 MHz pour les bandes latérales à
étudier, ce qui correspond à une différence de longueur des bras d’un peu plus de 7 m.

B Intrication après séparation en deux faisceaux

Nous allons maintenant déterminer l’intrication obtenue juste après le dispositif
séparant le faisceau comprimé initial en deux faisceaux distincts et comparer les per-
formances du système utilisant la lame semi-réfléchissante avec le dispositif utilisant
une cavité. On va considérer dans la suite que tous les champs moyens sont nuls et
linéariser les fluctuations.

B.1 Intrication obtenue avec la lame semi-réfléchissante

Dans toute la suite de ce chapitre, les lettres calligraphiées feront référence aux
calculs utilisant la lame 50/50 comme dispositif de séparation spatiale des faisceaux.
Considérons le schéma et les notations de la figure 5.2. Les deux champs obtenus après
séparation du faisceau incident par la lame s’écrivent

δA1(Ω) =
−δAin(Ω) + δAin

V (Ω)√
2

(5.2)

δA2(Ω) =
δAin(Ω) + δAin

V (Ω)√
2

(5.3)

On en déduit alors la quadrature X pour les deux champs sortant

δX1(Ω) =
−δX in(Ω) + δX in

V (Ω)√
2

(5.4)

δX2(Ω) =
δX in(Ω) + δX in

V (Ω)√
2

(5.5)

et des expressions similaires pour la quadrature Y . Le faisceau comprimé incident et
les fluctuations du vide rentrant par l’autre face de la lame n’étant pas corrélés, on en
déduit immédiatement les densités spectrales de bruit des deux faisceaux de sortie

SX1(Ω) = SX2(Ω) =
SX in(Ω) + SX in

V
(Ω)

2
=

SX in(Ω) + 1

2
(5.6)

SY1(Ω) = SY2(Ω) =
SYin(Ω) + SYin

V
(Ω)

2
=

SYin(Ω) + 1

2
(5.7)
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où l’on rappelle que la densité spectrale de bruit pour le vide est égale à 1. On considère
que l’état d’entrée est comprimé selon la quadrature X avec une densité spectrale de
bruit normalisée s < 1. Dans ce cas, les deux quadratures X1,2 sont comprimées en sortie
avec une densité spectrale de bruit égale à s+1

2
, et les quadratures Y1,2 présentent un

excès de bruit. On retrouve alors le résultat connu : en séparant un faisceau comprimé
avec une lame semi-réfléchissante, on obtient deux faisceaux comprimés avec des taux
de compression réduits par rapport au faisceau initial, les taux de compression en sortie
correspondant à 50 % de pertes sur le taux de compression d’entrée.

Ce qui nous intéresse surtout ici, c’est de calculer la séparabilité I1,2 des faisceaux
en sortie de la lame. D’après la définition (1.78) on a

I1,2(Ω) =
1

4
(SX1−X2(Ω) + SY1+Y2(Ω)) (5.8)

ce qui donne finalement

I1,2(Ω) =
SX in(Ω) + SYin

V
(Ω)

2
=

s + 1

2
< 1 (5.9)

On retrouve le résultat de la section C.3.3 du chapitre 1 : une lame 50/50 sépare un
faisceau comprimé en deux faisceaux intriqués, et ce quel que soit le taux de compression
de l’état incident. L’intrication est présente sur la même bande de fréquences que celle
qui est comprimée dans le faisceau incident. Comme on va le voir, ce ne sera plus le
cas avec la cavité Fabry-Pérot.

B.2 Intrication obtenue avec la cavité

Nous étudions maintenant le dispositif utilisant une cavité séparant les bandes de
fréquences du champ comprimé incident. Considérons le schéma de la figure 5.3. Nous
reprenons les notations et approximations utilisées au chapitre 3 concernant les miroirs.
Pour le miroir Mi de transmission et réflexion en amplitude respectivement égales à ti
et ri on introduit les coefficients γi ¿ 1 tels que ti =

√
2γi et ri ≈ 1 − γi. Toutes les

pertes autres que sur les miroirs M1 et M2 sont regroupées dans le coefficient γL. De
plus, on note τ = L

c
le temps mis par la lumière pour faire un tour de cavité, L étant

la longueur de la cavité.

B.2.1 Expression des champs en sortie

Nous allons maintenant calculer les champs A1 et A2 en sortie de la cavité en
nous inspirant des calculs de l’article [Huntington et Ralph, 2002]. Le champ intracavité
Ac(t) vaut, après un tour de cavité, c’est-à-dire à l’instant t + τ

Ac(t + τ) = (1− γ1)(1− γ2)(1− γL)eiφAc(t) +
√

2γ1A
in(t) +

√
2γ2A

in
V (t) +

√
2γLAin

L (t)
(5.10)



B. Intrication après séparation en deux faisceaux 135

où φ est le déphasage sur un tour de cavité pour la fréquence de la porteuse (fréquence
centrale du faisceau comprimé incident) et Ain

L (t) désigne les fluctuations du vide qui
se rajoutent au champ circulant dans la cavité à cause des pertes autres que sur les
miroirs 1 et 2. On note ∆ = ωc−ωP le désaccord entre la fréquence de résonance de la
cavité et la fréquence de la porteuse du signal, et on ne s’intéresse qu’à des désaccords
faibles devant l’intervalle spectral libre de la cavité (typiquement des désaccords de
l’ordre du MHz pour un intervalle spectral libre valant plusieurs centaines de MHz).
Dans ce cas, on a

eiφ = e−i∆τ ≈ 1− i∆τ (5.11)

L’équation (5.10) devient alors

τ
dAc

dt
= −(γ + i∆τ)Ac(t) +

√
2γ1A

in(t) +
√

2γ2A
in
V (t) +

√
2γLAin

L (t) (5.12)

avec γ = γ1 + γ2 + γL.

Après transformée de Fourier, on obtient l’expression de Ac(Ω) en fonction des
champs entrant dans la cavité

− iΩAc(Ω) = −(κ + i∆)Ac(Ω) +

√
2κ1

τ
Ain(Ω) +

√
2κ2

τ
Ain

V (Ω) +

√
2κL

τ
Ain

L (Ω) (5.13)

Ac(Ω) =

√
2κ1

τ

κ + i(∆− Ω)
Ain(Ω) +

√
2κ2

τ

κ + i(∆− Ω)
Ain

V (Ω) +

√
2κL

τ

κ + i(∆− Ω)
Ain

L (Ω) (5.14)

où l’on a défini κi = γi

τ
(i = 1, 2, L) et κ = γ

τ
. Il reste enfin à écrire les conditions de

continuité sur les miroirs M1 et M2

A1 =
√

2γ1Ac − (1− γ1)A
in ≈

√
2γ1Ac − Ain

A2 =
√

2γ2Ac − (1− γ2)A
in
V ≈

√
2γ2Ac − Ain

V

où l’on a supposé que les miroirs sont très réfléchissants. On en déduit finalement
l’expression des deux champs sortant de la cavité en fonction des champs d’entrée et
des paramètres de la cavité

A1(Ω) = −(κ− 2κ1) + i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
Ain(Ω) +

2
√

κ1κ2

κ + i(∆− Ω)
Ain

V (Ω) +
2
√

κ1κL

κ + i(∆− Ω)
Ain

L (Ω)

(5.15)

A2(Ω) =
2
√

κ1κ2

κ + i(∆− Ω)
Ain(Ω)− (κ− 2κ2) + i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
Ain

V (Ω) +
2
√

κ2κL

κ + i(∆− Ω)
Ain

L (Ω)

(5.16)
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B.2.2 Simplifications

Nous allons maintenant simplifier les résultats précédents en nous plaçant dans
une configuration symétrique, c’est-à-dire en considérant que les miroirs M1 et M2 sont
identiques. Il en résulte que κ1 = κ2 et κ−2κ1 = κ−2κ2 = κL. De plus, nous considérons
que le désaccord ∆ cavité-porteuse (choisi positif pour simplifier les calculs) est grand
devant la bande passante de la cavité et que les fréquences d’analyse sont proches en
valeur absolue du désaccord ∆, ce qui s’écrit |Ω| ≈ ∆ À κ. Enfin, on suppose que les
pertes par les miroirs autres que M1 et M2 sont négligeables devant les pertes totales
de la cavité κL ¿ κ. Avec toutes ces simplifications, les fluctuations des champs de
sortie s’écrivent

δA1(Ω) ≈ − i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
δAin(Ω) +

κ

κ + i(∆− Ω)
δAin

V (Ω) (5.17)

δA2(Ω) ≈ κ

κ + i(∆− Ω)
δAin(Ω)− i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
δAin

V (Ω) (5.18)

et pour les champs conjugués, on obtient

δA †
1 (Ω) ≈ i(∆ + Ω)

κ− i(∆ + Ω)
δAin †(Ω) +

κ

κ− i(∆ + Ω)
δAin †

V (Ω) (5.19)

δA †
2 (Ω) ≈ κ

κ− i(∆ + Ω)
δAin †(Ω) +

i(∆ + Ω)

κ− i(∆ + Ω)
δAin †

V (Ω) (5.20)

Dans toute la suite du chapitre, on va choisir une fréquence d’analyse Ω positive, proche
de ∆. Dans ce cas, en utilisant la condition ∆ + Ω À κ les équations pour les champs
conjugués deviennent

δA †
1 (Ω) ≈ −δAin †(Ω) (5.21)

δA †
2 (Ω) ≈ −δAin †

V (Ω) (5.22)

Dans le cas particulier où on analyse à une fréquence proche du désaccord de la cavité
par rapport à la bande passante de celle-ci, c’est-à-dire |∆− Ω| ¿ κ, on obtient

δA1(Ω) ≈ δAin
V (Ω) (5.23)

δA2(Ω) ≈ δAin(Ω) (5.24)

Ceci est la traduction mathématique de la schématisation des bandes latérales en sor-
tie de la cavité présentée sur la figure 5.3 : à la fréquence ωP + Ω, c’est-à-dire à la
fréquence de résonance de la cavité, le champ à la sortie 2 est composé de la bande
latérale du champ signal incident alors que le champ à la sortie 1 est composé des
fluctuations du vide. A la fréquence ωP −Ω, la situation est inversée. Ce dispositif per-
met par conséquent de séparer les différentes fréquences d’un champ comme annoncé
précédemment.



B. Intrication après séparation en deux faisceaux 137

B.2.3 Densités spectrales de bruit sur les deux faisceaux de sortie

Nous allons maintenant calculer la densité spectrale de bruit sur les deux faisceaux
obtenus en sortie de la cavité. Pour cela, commençons d’abord par calculer les quadra-
tures des deux champs de sortie en fonction des quadratures des champs d’entrée

δX1(Ω) = −1

2

κ + 2i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
δX in(Ω) +

1

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δX in

V (Ω)

+
i

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δY in(Ω) +

i

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δY in

V (Ω) (5.25)

δY1(Ω) = − i

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δX in(Ω)− i

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δX in

V (Ω)

−1

2

κ + 2i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
δY in(Ω) +

1

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δY in

V (Ω) (5.26)

δX2(Ω) =
1

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δX in(Ω)− 1

2

κ + 2i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
δX in

V (Ω)

+
i

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δY in(Ω) +

i

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δY in

V (Ω) (5.27)

δY2(Ω) = − i

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δX in(Ω)− i

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δX in

V (Ω)

+
1

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δY in(Ω)− 1

2

κ + 2i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
δY in

V (Ω) (5.28)

A partir des expressions de ces quadratures, on peut en déduire les expressions des
densités spectrales de bruit pour les deux faisceaux de sortie. On obtient après calcul

SX1(Ω) =
1

4

κ2 + 4(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
SXin(Ω) +

1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SY in(Ω)

+
1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SXin

V
(Ω) +

1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SY in

V
(Ω) (5.29)

SY1(Ω) =
1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SXin(Ω) +

1

4

κ2 + 4(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
SY in(Ω)

1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SXin

V
(Ω) +

1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SY in

V
(Ω) (5.30)

SX2(Ω) =
1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SXin(Ω) +

1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SY in(Ω)

+
1

4

κ2 + 4(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
SXin

V
(Ω) +

1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SY in

V
(Ω) (5.31)
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SY2(Ω) =
1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SXin(Ω) +

1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SY in(Ω)

1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2
SXin

V
(Ω) +

1

4

κ2 + 4(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
SY in

V
(Ω) (5.32)

Pour un signal d’entrée sous forme d’un état comprimé de densité spectrale de bruit
normalisée s < 1 selon la quadrature X et 1

s′ ≥ 1
s

> 1 selon la quadrature Y , sur une
bande de fréquences large devant la bande passante de la cavité et devant les fréquences
d’analyse considérées, on obtient

SX1(Ω) =
1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2

(
s +

1

s′
+ 2

)
+

1

4

4(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
s

SY1(Ω) =
1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2

(
s +

1

s′
+ 2

)

︸ ︷︷ ︸
>4

+
1

4

4(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2

1

s′︸︷︷︸
>1

> 1

SX2(Ω) =
1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2

(
s +

1

s′
+ 2

)

︸ ︷︷ ︸
>4

+
1

4

4(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
> 1

SY2(Ω) =
1

4

κ2

κ2 + (∆− Ω)2

(
s +

1

s′
+ 2

)

︸ ︷︷ ︸
>4

+
1

4

4(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
> 1

(5.33)

On constate que seule la sortie 1 peut éventuellement être dans un état comprimé,
ce qui est différent de l’étude effectuée avec la lame où les deux sorties sont toujours
dans des états comprimés. On a tracé sur la figure 5.5 les courbes donnant la densité
spectrale de bruit SX1(Ω) à la sortie 1 de la cavité, pour un état incident comprimé selon
la quadrature X avec 3 dB de compression de bruit, pour un état minimal (figure (a))
et pour un état avec 8 dB d’excès de bruit sur la quadrature Y (figure (b)), cette valeur
correspondant à l’excès de bruit mesuré à la sortie de notre OPO autour de 1,5 MHz
(figure 4.7 (a)). On a choisi un désaccord cavité - porteuse du signal ∆/2π de 1,5 MHz
afin d’avoir des fréquences d’analyse proches des valeurs ayant donné les meilleurs taux
de compression avec l’OPO (chapitre 4) et proches des fréquences des bandes latérales
stockées dans la mémoire quantique (chapitre 6). On constate que la quadrature X sur
la sortie 1 de la cavité présente un excès de bruit quand on analyse à la fréquence ∆. On
peut interpréter ceci de la façon suivante : en analysant à la fréquence Ω = ∆ résonante
avec la cavité, on obtient sur la sortie 1 une bande latérale à −Ω qui a les fluctuations
du signal incident et sur la bande latérale située à +Ω les fluctuations du vide. Ces
fluctuations n’étant pas corrélées, on ne peut pas avoir de compression de bruit à la
fréquence Ω = ∆. Si on analyse à des fréquences éloignées de la résonance de la cavité,
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Fig. 5.5 – Densité spectrale de bruit normalisée au bruit quantique standard sur la
quadrature X à la sortie 1 de la cavité, pour un état incident comprimé selon la quadrature
X. Taux de compression : 3 dB (s = 0, 5), (a) état comprimé minimal, (b) état comprimé
avec 8 dB d’excès de bruit (1/s′ = 6, 3) sur la quadrature Y . Désaccord cavité - porteuse
du signal : ∆/2π = 1, 5 MHz, bande passante de la cavité : κ/π = 100 kHz, κL = 0. On
rappelle que la limite quantique standard vaut 1.

les bandes latérales symétriques à ±Ω sont toutes deux réfléchies par la cavité, donc
issues de l’état comprimé incident. Leurs corrélations permettent alors d’obtenir de la
compression de bruit, comme on le voit sur la figure 5.5.

B.2.4 Calcul de la séparabilité

Nous allons maintenant calculer la séparabilité des deux faisceaux issus de la cavité.
Avec les relations (5.25) à (5.28), on peut calculer les quantités δX1(Ω) − δX2(Ω) et
δY1(Ω) + δY2(Ω), puis leur densité spectrale de bruit, puis en déduire la valeur de la
séparabilité avec la définition

I1,2(Ω) =
1

4
(SX1−X2(Ω) + SY1+Y2(Ω)) (5.34)

Après calcul, on obtient

I1,2(Ω) =
1

4

(
2κ2 + (∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
SXin(Ω) +

(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
SY in(Ω)

+
2κ2 + (∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
SXin

V
(Ω) +

(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
SY in

V
(Ω)

)
(5.35)



140 Chapitre 5. Intrication de deux faisceaux à partir d’un état de vide comprimé

Pour un état incident comprimé de densité spectrale de bruit s < 1 selon la quadrature
X et 1

s′ > 1 selon la quadrature Y , l’expression se simplifie en

I1,2(Ω) =
1

4

(
2κ2 + (∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
s +

(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2

1

s′
+ 2

)
(5.36)

Nous allons maintenant comparer ce résultat avec celui qui a été obtenu pour la lame
semi-réfléchissante.

B.3 Comparaison des deux dispositifs

Avec la lame semi-réfléchissante, pour un état comprimé incident de variance s, on
obtient en sortie une séparabilité qui vaut d’après l’équation (5.9)

I1,2(Ω) =
s + 1

2
< 1 (5.37)

Pour la cavité, on a obtenu l’expression (5.36)

I1,2(Ω) =
1

4

(
2κ2 + (∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
s +

(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2

1

s′
+ 2

)
(5.38)

où comme on peut le constater, la séparabilité dépend de la fréquence d’analyse, de la
fréquence de résonance de la cavité et de la bande passante de la cavité. Si on analyse
à la fréquence de résonance de la cavité, c’est-à-dire Ω = ∆, alors on obtient

I1,2(∆) =
s + 1

2
< 1 (5.39)

On retrouve le résultat obtenu avec la lame et on a intrication des faisceaux quel que
soit le niveau de compression de bruit en entrée. Si on analyse à une fréquence non
résonante avec la cavité, en utilisant le fait que 1

s′ > s, on trouve

I1,2(Ω) >
1

4

(
2κ2 + (∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
s +

(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
s + 2

)
=

s + 1

2
= I1,2(Ω) (5.40)

ce qui nous indique qu’il y a dans ce cas moins d’intrication avec le dispositif utilisant
la cavité qu’avec la lame semi-réfléchissante. Si on analyse à une fréquence trop éloignée
de la fréquence de résonance de la cavité, le terme en 1/s′ devient prépondérant dans
(5.38) et on perd l’intrication des faisceaux, comme on peut le voir sur la figure 5.6
où on a tracé I1−2(Ω) et I1−2(Ω) avec les mêmes paramètres que ceux de la figure 5.5.
La bande de fréquences sur laquelle il y a de l’intrication pour la cavité a pour largeur

2
√

2κ2(1−s)

s+ 1
s′−2

et la séparabilité hors résonance tend vers 1
4

(
s + 1

s′ + 2
)

> 1.
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Fig. 5.6 – Comparaison de la séparabilité des faisceaux à la sortie de la lame semi-
réfléchissante I1,2(Ω) et à la sortie de la cavité I1,2(Ω), pour un état incident comprimé
selon la quadrature X. La région grisée indique la zone où les faisceaux sont intriqués
(séparabilité inférieure à 1). Taux de compression : 3 dB (s = 0, 5), (a) état comprimé
minimal, (b) état comprimé avec 8 dB d’excès de bruit (1/s′ = 6, 3) sur la quadrature Y .
Désaccord cavité - porteuse du signal : ∆/2π = 1, 5 MHz, bande passante de la cavité :
κ/π = 100 kHz, κL = 0.

Par conséquent, si on fait une mesure en sortie du dispositif de séparation, la lame
semi-réfléchissante permet d’obtenir plus d’intrication que la cavité. Mais comme on le
verra plus loin, la situation peut s’inverser si on place sur chaque faisceau des ensembles
atomiques avec des fenêtres de transparence induite électromagnétiquement qui vont
appliquer un filtre fréquentiel.

B.4 Stratégie de mesure utilisée

Dans tous les calculs précédents, on a implicitement supposé que l’on mesurait les
quadratures des champs à l’aide de détections homodynes dont les oscillateurs locaux
sont tous à la fréquence de la porteuse du signal, c’est-à-dire ωP . Il existe d’autres stra-
tégies de mesure, notamment celle consistant à décaler l’oscillateur local à la fréquence
Ω à laquelle on souhaite analyser le signal [Zhang, 2003], [Hage et al., 2007]. On effectue
alors une mesure à fréquence nulle. Dans le cas de la lame, le fait de décaler la fréquence
de l’oscillateur local ne change rien. Ceci provient du fait que ce dispositif n’est pas
sélectif en fréquence. Dans l’expression du spectre de bruit (5.6) ou de la séparabilité
(5.37), l’unité de bruit quantique standard qui a été ajoutée par la lame est présente
quelle que soit la fréquence, et il n’y a aucun moyen de s’en affranchir. Pour la cavité,
la situation est fondamentalement différente. On a vu qu’en analysant à une fréquence
Ω proche de la résonance de la cavité devant la bande passante de celle-ci, c’est-à-dire
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|Ω − ∆| ¿ κ, on a δA2(Ω) ≈ δAin(Ω) (équation (5.24)). Par conséquent, en décalant
l’oscillateur local pour le faisceau 2 à la fréquence ∆ de la cavité et en décalant l’oscil-
lateur local pour le faisceau 1 à la fréquence −∆ par rapport à la porteuse, on obtient
au final une séparabilité qui vaut s (taux de compression de l’état initial) et elle est
inférieure à la séparabilité obtenue avec la lame. Avec une telle stratégie de mesure, les
performances de la cavité sont meilleures que celles de la lame en termes d’intrication.
Cependant, effectuer expérimentalement une telle mesure s’avère complexe et demande
d’avoir des systèmes d’asservissement très stables [Hage et al., 2007]. De plus, l’oscilla-
teur local présente toujours un excès de bruit à basse fréquence qui va venir dégrader
l’intrication mesurée.

Il existe une autre stratégie de mesure permettant de retrouver le taux de compres-
sion initial en sortie dans le cas de la cavité. L’idée est de recombiner les deux faisceaux
intriqués sur une seconde cavité identique à celle ayant effectuée la séparation des fais-
ceaux. On obtient alors sur une voie de sortie le faisceau comprimé initial et sur l’autre
voie les fluctuations du vide. Cette méthode présente cependant l’inconvénient de né-
cessiter une seconde cavité de filtrage, ce qui complique l’expérience.

Par conséquent, dans tout ce chapitre, nous utiliserons comme stratégie de mesure
celle consistant à avoir tous les oscillateurs locaux des détections homodynes à la fré-
quence de la porteuse du signal initial, c’est-à-dire ωP , et à effectuer des mesures sur
des bandes latérales Ω situées typiquement à 1 MHz ou plus de la porteuse, ce qui
permet de s’affranchir des bruits techniques. Cette méthode est la plus simple à mettre
en œuvre expérimentalement et présente l’avantage par rapport à la méthode des oscil-
lateurs locaux décalés de pouvoir être utilisée pour des signaux incidents multiplexés.
On gardera cependant à l’esprit que cette stratégie de mesure n’est pas optimale dans
le cas de la cavité, en particulier quand on connâıt d’avance la fréquence des bandes
latérales portant de l’information.

C Intrication après les atomes

Nous allons maintenant nous intéresser à l’intrication qui va subsister après passage
des faisceaux dans deux fenêtres de transparence induite électromagnétiquement (EIT)
créées dans deux ensembles d’atomes.

C.1 Choix des fenêtres d’EIT

Comme on le verra au chapitre 6, il existe deux choix possibles pour le position-
nement en fréquence de la fenêtre d’EIT de chaque ensemble. Le premier consiste à
centrer la fenêtre sur la porteuse du signal incident (figure 5.7 (a)). Une telle fenêtre
agit de façon symétrique sur les bandes latérales du faisceau qui va la traverser et
doit avoir une largeur au moins égale à l’écart en fréquence 2Ω entre deux bandes
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latérales symétriques. La seconde solution consiste à centrer la fenêtre d’EIT sur une
bande latérale à la fréquence ωP ± ΩEIT comme cela est illustré sur la figure 5.7 (b).
Avec cette méthode, la bande latérale résonante avec la fenêtre d’EIT est transmise
(du moins partiellement) alors que la bande latérale symétrique est remplacée par les
fluctuations du vide. Comme on le verra au chapitre 6, la seconde méthode offre des
performances supérieures à la première lorsque l’EIT est utilisée dans une mémoire.
Par conséquent, nous allons dans la suite de ce chapitre étudier uniquement le cas où
les ensembles atomiques 1 et 2 ont chacun une fenêtre d’EIT centrée respectivement
sur les fréquences ωP + ΩEIT, 1 et ωP + ΩEIT, 2. Mais comme on l’a vu précédemment,
l’intrication (ou la compression de bruit) repose sur des corrélations entre bandes laté-
rales symétriques. Par conséquent, il faut que les 2 fenêtres d’EIT soient centrées sur
des bandes latérales symétriques par rapport à la fréquence de la porteuse du signal.
On choisit donc −ΩEIT, 1 = ΩEIT, 2 ≡ ΩEIT avec ΩEIT > 0 ce qui correspond à la
configuration représentée sur la figure 5.7 (b).

Ensemble atomique 1

Fenêtre d'EIT 1

Ensemble atomique 2

Fenêtre d'EIT 2

wP w WP EIT+w WP EIT-

wP w WP EIT+w WP EIT-

(a)

porteuse du signal

bande latérale

bande latérale remplacée par
les fluctuations du vide

fenêtre d'EIT

Ensemble atomique 1

Fenêtre d'EIT 1

Ensemble atomique 2

Fenêtre d'EIT 2

wP w WP+w WP-

wP w WP+w WP-

(b)

Fig. 5.7 – Représentation schématique de deux configurations possibles pour les fenêtres
d’EIT des ensembles atomiques. (a) La fenêtre d’EIT est centrée sur la porteuse du signal
à la fréquence ωP et les bandes latérales symétriques sont transmises de la même manière.
(b) Dans l’ensemble 1, la fenêtre d’EIT est centrée à la fréquence ωP −ΩEIT et la bande
latérale à ωP + ΩEIT est remplacée par les fluctuations du vide. Dans l’ensemble 2 c’est
le contraire.

Notons que sans faire le calcul complet on peut trouver une bonne approximation
de la séparabilité des faisceaux dans le cas d’une seule fenêtre d’EIT centrée sur la
fréquence de la porteuse du signal (figure 5.7 (a)). En effet, dans ce cas la transparence
de la fenêtre est la même pour deux bandes latérales symétriques. Si on néglige le
déphasage induit par la fenêtre et qu’on note T (Ω) la transparence en intensité de la
fenêtre à la fréquence Ω, alors toutes les densités spectrales de bruit sont multipliées
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par un facteur T (Ω) et on doit aussi ajouter à cause des pertes une unité de bruit
quantique standard multipliée par le facteur 1−T (Ω). La séparabilité s’approxime par

Iout
1,2 (Ω) ∼ T (Ω)I1,2(Ω) + 1− T (Ω) (5.41)

On a par conséquent une dégradation de l’intrication des deux faisceaux et ceci est vrai
aussi bien pour la lame semi-réfléchissante que pour la cavité.

C.2 Relations d’entrée-sortie

Dans toute la suite, nous nous intéresserons à des fenêtres d’EIT centrées sur des
bandes latérales symétriques comme expliqué précédemment et on notera fEIT, 1(Ω) et
fEIT, 2(Ω) les fonctions de transfert en amplitude décrivant les fenêtres d’EIT dans les
ensembles atomiques 1 et 2. On considère que les fenêtres sont suffisamment étroites
devant ΩEIT de telle sorte que la fonction fEIT, 1(Ω) est nulle pour des fréquences posi-
tives (c’est-à-dire supérieures à ωP ) et fEIT, 2(Ω) est nulle pour des fréquences négatives
(comme illustré sur la figure 5.7 (b)). En toute rigueur, on devrait considérer ces fonc-
tions comme complexes car en plus d’être caractérisé par une fenêtre de transparence,
le phénomène d’EIT crée aussi un déphasage différent en fonction de la fréquence du
champ qui traverse le milieu. Afin de simplifier les calculs, nous considèrerons dans
la suite de ce chapitre uniquement des fonctions réelles qui traduiront la transmission
variable du milieu en fonction de la fréquence.

Les relations d’entrée-sortie pour le faisceau 1 s’écrivent alors, quel que soit le
dispositif utilisé pour séparer les faisceaux, et en ne considérant que des fréquences
d’analyse Ω positives

δAout
1 (Ω) = δAV1(Ω) (5.42)

δAout, †
1 (Ω) = (δAout

1 (−Ω))† = fEIT, 1(−Ω)δA †
1 (Ω) + gEIT, 1(−Ω)δA†

V1
(Ω) (5.43)

avec gEIT, 1(Ω) =
√

1− (fEIT, 1(Ω))2, cette fonction gEIT, 1(Ω) valant 1 pour des fré-
quences positives. δAV1 désigne les fluctuations du vide qui viennent se rajouter au
faisceau 1 à cause des pertes engendrées par une transparence imparfaite de la fenêtre
d’EIT. On a pour le faisceau 2 les relations suivantes

δAout
2 (Ω) = fEIT, 2(Ω)δA2(Ω) + gEIT, 2(Ω)δAV2(Ω) (5.44)

δAout, †
2 (Ω) = (δAout

2 (−Ω))† = δA†
V2

(Ω) (5.45)

avec gEIT, 2(Ω) =
√

1− (fEIT, 2(Ω))2, cette fonction gEIT, 2(Ω) valant 1 pour des fré-
quences négatives. δAV2 désigne les fluctuations du vide qui viennent se rajouter au
faisceau 2 à cause des pertes engendrées par la fenêtre d’EIT, et ces fluctuations sont
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non corrélées avec δAV1 . On peut alors calculer les relations d’entrée-sortie pour les
quadratures et on obtient

δXout
1 (Ω) =

fEIT, 1(−Ω)

2
δX1(Ω)− i

fEIT, 1(−Ω)

2
δY1(Ω)

+
1 + gEIT, 1(−Ω)

2
δXV1(Ω) + i

1− gEIT, 1(−Ω)

2
δYV1(Ω) (5.46)

δY out
1 (Ω) = i

fEIT, 1(−Ω)

2
δX1(Ω) +

fEIT, 1(−Ω)

2
δY1(Ω)

+i
gEIT, 1(−Ω)− 1

2
δXV1(Ω) +

gEIT, 1(−Ω) + 1

2
δYV1(Ω) (5.47)

δXout
2 (Ω) =

fEIT, 2(Ω)

2
δX2(Ω) + i

fEIT, 2(Ω)

2
δY2(Ω)

+
gEIT, 2(Ω) + 1

2
δXV2(Ω) + i

gEIT, 2(Ω)− 1

2
δYV2(Ω) (5.48)

δY out
2 (Ω) = −i

fEIT, 2(Ω)

2
δX2(Ω) +

fEIT, 2(Ω)

2
δY2(Ω)

+i
1− gEIT, 2(Ω)

2
δXV2(Ω) +

1 + gEIT, 2(Ω)

2
δYV2(Ω) (5.49)

Nous allons maintenant utiliser ces relations dans le cas particulier de la lame semi-
réfléchissante puis de la cavité pour calculer l’intrication des faisceaux après les atomes.

C.3 Intrication obtenue avec la lame semi-réfléchissante

Nous allons donner l’expression de la séparabilité obtenue après les atomes si on
utilise comme système pour effectuer la séparation spatiale des faisceaux une lame
semi-réfléchissante. En utilisant les relations d’entrée-sortie pour les atomes que l’on
vient de calculer (5.46 - 5.49) et en les combinant avec les relations d’entrée-sortie pour
la lame (5.4 - 5.5), on peut exprimer les quadratures δX out

1,2 (Ω) et δYout
1,2 (Ω) en sortie des

atomes en fonction des quadratures δX in(Ω), δY in(Ω) et des différentes fluctuations du
vide qui rentrent dans le système. Le calcul des spectres de bruit de chaque faisceau pris
indépendamment à la sortie des ensembles atomiques donne, pour un état comprimé
incident de densité spectrale de bruit s < 1 selon la quadrature X et 1

s′ > 1 selon la
quadrature Y :

Sout
X1

(Ω) = Sout
Y1

(Ω) =
(fEIT, 1(−Ω))2

8

(
s +

1

s′

)

︸ ︷︷ ︸
>2

−(fEIT, 1(−Ω))2

4
+ 1 > 1 (5.50)
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Sout
X2

(Ω) = Sout
Y2

(Ω) =
(fEIT, 2(Ω))2

8

(
s +

1

s′

)

︸ ︷︷ ︸
>2

−(fEIT, 2(Ω))2

4
+ 1 > 1 (5.51)

On constate donc qu’il n’y a plus de compression de bruit sur les faisceaux pris indi-
viduellement, alors qu’en entrée des atomes il y avait de la compression de bruit (5.6).
Ceci provient du fait que dans l’ensemble atomique 1 (respectivement 2) on a remplacé
les bandes latérales à fréquences positives (respectivement négatives) par les fluctua-
tions du vide. La compression de bruit sur un faisceau étant lié à des corrélations entre
bandes latérales symétriques, il ne peut plus y avoir de compression de bruit après les
atomes puisque les fenêtres d’EIT ont détruit ces corrélations. Si on souhaite préserver
la compression de bruit sur chaque faisceau, il faut utiliser une fenêtre d’EIT centrée
sur la porteuse du signal, comme représenté sur la figure 5.7 (a).

En ce qui concerne la séparabilité, on trouve après calcul l’expression suivante

Iout
1,2 (Ω) = 1− (fEIT, 1(−Ω))2

4
− (fEIT, 2(Ω))2

4
(5.52)

+
(fEIT, 1(−Ω) + fEIT, 2(Ω))2

16
SX in(Ω) +

(fEIT, 1(−Ω)− fEIT, 2(Ω))2

16
SYin(Ω)

+
(fEIT, 1(−Ω)− fEIT, 2(Ω))2

16
SX in

V
(Ω) +

(fEIT, 1(−Ω) + fEIT, 2(Ω))2

16
SYin

V
(Ω)

C.4 Intrication obtenue avec la cavité

A partir des équations (5.25 - 5.28) et (5.46 - 5.49) on peut exprimer, dans le cas
de la cavité, les quadratures X et Y sur les deux voies en sortie des atomes en fonction
des quadratures d’entrée

δXout
1 (Ω) = −1

2
fEIT, 1(−Ω)δX in(Ω) +

i

2
fEIT, 1(−Ω)δY in(Ω)

+
1 + gEIT, 1(−Ω)

2
δXV1(Ω) + i

1− gEIT, 1(−Ω)

2
δYV1(Ω) (5.53)

δY out
1 (Ω) = − i

2
fEIT, 1(−Ω)δX in(Ω)− 1

2
fEIT, 1(−Ω)δY in(Ω)

+i
gEIT, 1(−Ω)− 1

2
δXV1(Ω) +

gEIT, 1(−Ω) + 1

2
δYV1(Ω) (5.54)

δXout
2 (Ω) =

fEIT, 2(Ω)

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δX in(Ω) +

ifEIT, 2(Ω)

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δY in(Ω)

−fEIT, 2(Ω)

2

i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
δX in

V (Ω)− ifEIT, 2(Ω)

2

i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
δY in

V (Ω)

+
gEIT, 2(Ω) + 1

2
δXV2(Ω) + i

gEIT, 2(Ω)− 1

2
δYV2(Ω) (5.55)
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δY out
2 (Ω) = −ifEIT, 2(Ω)

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δX in(Ω) +

fEIT, 2(Ω)

2

κ

κ + i(∆− Ω)
δY in(Ω)

+
ifEIT, 2(Ω)

2

i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
δX in

V (Ω)− fEIT, 2(Ω)

2

i(∆− Ω)

κ + i(∆− Ω)
δY in

V (Ω)

+i
1− gEIT, 2(Ω)

2
δXV2(Ω) +

1 + gEIT, 2(Ω)

2
δYV2(Ω) (5.56)

On peut alors calculer δXout
1 (Ω)− δXout

2 (Ω) et δY out
1 (Ω) + δY out

2 (Ω), les densités spec-
trales de bruit de ces quantités et en déduire la séparabilité. Après calcul, on trouve

Iout
1,2 (Ω) = 1− (fEIT, 1(−Ω))2

4
− (fEIT, 2(Ω))2

4

+
1

8

∣∣∣∣fEIT, 1(−Ω) + fEIT, 2(Ω)
κ

κ + i(∆− Ω)

∣∣∣∣
2

SXin(Ω)

+
1

8

∣∣∣∣fEIT, 1(−Ω)− fEIT, 2(Ω)
κ

κ + i(∆− Ω)

∣∣∣∣
2

SY in(Ω)

+
(fEIT, 2(Ω))2

8

(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
(SXin

V
(Ω) + SY in

V
(Ω)) (5.57)

C.5 Comparaison des deux dispositifs

Considérons maintenant que l’on met en entrée un état comprimé (densité spectrale
de bruit s < 1 selon X et 1

s′ selon Y ), les fluctuations du vide entrant par l’autre voie
d’entrée du dispositif. De plus, on suppose que les deux fenêtres d’EIT sont identiques
et symétriques par rapport à la fréquence ωP de la porteuse, ce qui se traduit mathé-
matiquement par fEIT, 2(Ω) = fEIT, 1(−Ω). On obtient alors d’après (5.52) la valeur
suivante pour la séparabilité dans le cas de la lame

Iout
1,2 (Ω) = 1 +

(fEIT, 2(Ω))2

4
(s− 1)︸ ︷︷ ︸

<0

< 1 (5.58)

On a donc intrication des deux faisceaux en sortie des atomes, quel que soit le taux
de compression en entrée. On remarque que si on met du vide en entrée au lieu d’un
état comprimé, on obtient bien la valeur 1 synonyme d’absence d’intrication, et si on
met un état infiniment comprimé (s = 0) et qu’on considère les fenêtres d’EIT comme
parfaitement transparentes (fEIT, 2(Ω) = fEIT, 1(−Ω) = 1 pour Ω > 0), alors on tend
vers la limite de séparabilité

Iout, limite
1,2 (Ω) =

3

4
(5.59)
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Cette valeur ne peut pas être dépassée avec le dispositif utilisant une lame semi-
réfléchissante et des fenêtres d’EIT ne laissant passer que les bandes latérales de fré-
quences négatives pour la fenêtre 1 et positives pour la fenêtre 2.

Concernant le dispositif utilisant la cavité pour séparer les faisceaux, on obtient
d’après (5.57)

Iout
1,2 (Ω) = 1− (fEIT, 2(Ω))2

4

2κ2 + (∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
+

(fEIT, 2(Ω))2

8

4κ2 + (∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2
s

+
(fEIT, 2(Ω))2

8

(∆− Ω)2

κ2 + (∆− Ω)2

1

s′
(5.60)

Si on analyse à la fréquence de résonance de la cavité, c’est-à-dire Ω = ∆, alors on
obtient

Iout
1,2 (∆) = 1 +

(fEIT, 2(∆))2

2
(s− 1)︸ ︷︷ ︸

<0

< 1 (5.61)

et on a aussi

Iout
1,2 (∆) < Iout

1,2 (∆) (5.62)

On a donc intrication des faisceaux en sortie dans ce cas, et on a une meilleure intrica-
tion avec la cavité qu’avec la lame. Ceci provient du fait que, dans le cas de la cavité,
les fenêtres d’EIT laissent passer les bandes latérales qui étaient initialement issues du
faisceau incident comprimé et détruisent les bandes latérales qui étaient initialement
vides, donc qui ne portaient pas d’information (au sens des corrélations). Dans le cas
de la lame, toutes les bandes latérales portent de l’information issue du faisceau com-
primé incident, et donc les fenêtres d’EIT font nécessairement perdre de l’intrication.
Notons que la limite de séparabilité qui peut être obtenue avec le dispositif utilisant la
cavité est atteinte pour Ω = ∆ avec un état infiniment comprimé et des fenêtres d’EIT
parfaitement transparentes et vaut

Iout, limite
1,2 (∆) =

1

2
< Iout, limite

1,2 (Ω) =
3

4
(5.63)

Les performances ultimes du dispositif utilisant la cavité sont par conséquent meilleures
que celles obtenues avec la lame. On remarque d’après (5.60) que dans le cas de la
cavité, lorsqu’on s’éloigne de la résonance Ω = ∆, le terme en 1/s′ dans Iout

1,2 va devenir
prépondérant et diminuer voire même faire disparâıtre l’intrication.

Dans le cas de la lame, la séparabilité dépend uniquement de la forme de la fenêtre
d’EIT (5.58) alors que pour la cavité, il faut considérer l’effet conjugué de la fenêtre
d’EIT et de la bande passante de la cavité (5.60). Il existe donc des configurations pour
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lesquelles il y a une compétition entre la lame et la cavité pour savoir quel dispositif
permet d’obtenir la meilleure intrication. On a tracé sur la figure 5.8 la séparabilité
obtenue avec la lame et la cavité après les atomes pour deux configurations d’EIT
différentes, pour un état comprimé minimal (figures (a) et (b)) et pour un état comprimé
avec excès de bruit (figures (c) et (d)).
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Fig. 5.8 – Comparaison de la séparabilité des faisceaux à la sortie des atomes dans le cas
où le dispositif de séparation spatiale est la lame semi-réfléchissante (Iout

1,2 ) ou la cavité
(Iout

1,2 ), pour un état incident comprimé selon la quadrature X. La région grisée indique
la zone où les faisceaux sont intriqués (séparabilité inférieure à 1). Taux de compression :
3 dB (s = 0, 5), (a) et (b) état comprimé minimal, (c) et (d) état comprimé avec 8 dB
d’excès de bruit sur la quadrature Y . Paramètres communs aux 4 figures : désaccord
cavité - porteuse du signal : ∆/2π = 1, 5 MHz, bande passante de la cavité : κ/π = 100
kHz, κL = 0, fenêtre d’EIT de l’ensemble atomique 1 centrée à ΩEIT, 1/2π = −1, 5 MHz
et fenêtre d’EIT de l’ensemble atomique 2 centrée à ΩEIT, 2/2π = 1, 5 MHz, transparence
des fenêtres d’EIT : 30 % en intensité. Paramètres des figures (a) et (c) ((b) et (d)) :
fenêtre d’EIT de largeur totale à mi-hauteur de 1 MHz (respectivement 30 kHz).
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Pour toutes ces courbes, on a un état incident avec 3 dB de compression de bruit,
une cavité désaccordée avec la porteuse du signal d’une fréquence ∆/2π = 1, 5 MHz et
une bande passante de la cavité de 100 kHz. Ce qui change entre les figures 5.8 (a, c)
et (b, d), ce sont les largeurs des fenêtres d’EIT. Pour les figures (a) et (c), la fenêtre
a une largeur totale à mi-hauteur de 1 MHz et pour les figures (b) et (d) une largeur
de 30 kHz.2 Dans tous les cas, la fenêtre d’EIT de l’ensemble atomique 1 est centrée
à ΩEIT, 1/2π = −1, 5 MHz et la fenêtre d’EIT de l’ensemble atomique 2 centrée à
ΩEIT, 2/2π = 1, 5 MHz. Ceci permet d’avoir la meilleure intrication possible dans le cas
de la cavité. De plus, on a choisi des fenêtres d’EIT de transmission 30 % en intensité,
ce qui correspond aux meilleures valeurs qu’on a obtenues expérimentalement dans une
vapeur de césium (chapitre 7). Sur ces figures, on constate comme annoncé précédem-
ment qu’à la fréquence ΩEIT l’intrication des faisceaux avec la cavité est meilleure que
celle obtenue avec une lame semi-réfléchissante. Dans le cas de la lame, l’intrication
diminue petit à petit quand on s’éloigne de cette fréquence, et la séparabilité tend
progressivement vers 1. On obtient une courbe en cloche inversée pour la séparabilité,
courbe dont la largeur est égale à la largeur de la fenêtre d’EIT. Ceci est une consé-
quence immédiate de la formule (5.58) et du fait que dans le cas de la lame, les seules
contraintes fréquentielles qui peuvent apparâıtre sont celles liées aux fenêtres d’EIT.
Dans le cas de la cavité, on constate sur les figures 5.8 (a) et (c) que le pic inversé de
la courbe de séparabilité a une largeur environ égale à la bande passante de la cavité,
ce qui est bien plus petit que la largeur où il y a intrication avec la lame. On peut
interpréter ce résultat en disant que dans cette configuration, à savoir une cavité de
bande passante de 100 kHz et des fenêtres d’EIT de largeur 1 MHz, c’est la cavité de
filtrage qui impose la plus forte contrainte sur la bande passante du processus global et
qui donc donne la largeur sur laquelle l’intrication des faisceaux est préservée. Dans le
cas des figures 5.8 (b) et (d), la largeur où il y a intrication avec la lame et la cavité est
la même, environ égale à la bande passante des fenêtres d’EIT. On peut interpréter ceci
en disant que dans cette configuration où la bande passante de la cavité est plus grande
que la bande passante des fenêtres d’EIT, c’est la bande passante de l’EIT qui fixe la
largeur sur laquelle l’intrication est préservée pour la configuration avec la cavité. On
notera aussi que dans la configuration des figures 5.8 (b) et (d), la méthode utilisant la
cavité donne des faisceaux plus intriqués que la lame sur quasiment toute la zone où il y
a intrication. La bande passante de l’EIT étant fixée par d’autres contraintes physiques
liées au processus de mémoire (chapitre 6), on a donc tout intérêt à choisir une cavité
de filtrage ayant une bande passante la plus grande possible et en tout cas supérieure
à celle de l’EIT. On se retrouve alors dans la configuration des figures (b) et (d) et
dans ce cas la cavité offre des performances meilleures que la lame semi-réfléchissante

2 Pour les fenêtres d’EIT on a utilisé l’expression (7.13) avec l’expression théorique de la partie
imaginaire de la susceptibilité obtenue dans le cas d’un système à 3 niveaux en Λ dans des atomes
froids de césium comme cela est décrit dans la section A du chapitre 7.
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en termes de préservation de l’intrication en sortie des ensembles atomiques.

D Conclusion

Nous avons étudié dans ce chapitre deux dispositifs permettant d’obtenir deux fais-
ceaux intriqués à partir d’un état initial comprimé. Ces deux dispositifs sont une lame
semi-réfléchissante et une cavité de filtrage de type Fabry-Pérot. Nous avons étudié l’in-
trication pouvant être obtenue par ces systèmes, tout d’abord juste après séparation
spatiale des faisceaux, puis après avoir fait passer ces faisceaux dans deux ensembles
atomiques rendus partiellement transparents par effet de transparence induite électro-
magnétiquement. La stratégie de mesure choisie consiste à mesurer les quadratures des
champs avec des détections homodynes dont les oscillateurs locaux ont tous la même
fréquence, à savoir la fréquence de la porteuse du champ signal initial. Dans ce cas,
on a vu que la lame semi-réfléchissante permet d’obtenir en sortie du dispositif initial
plus d’intrication que la cavité (du moins sur une largeur plus importante). Après les
atomes, à condition de choisir une bande passante de la cavité supérieure à celles des
fenêtres d’EIT, le système utilisant la cavité donne au final des faisceaux plus intriqués
que la lame. Nous avons choisi d’utiliser des fenêtres d’EIT non pas centrées sur la
porteuse du signal incident, mais sur des bandes latérales symétriques par rapport à
cette porteuse. Comme nous le verrons au chapitre 6, ceci permet d’obtenir des per-
formances supérieures en configuration de mémoire. Notons pour conclure que l’étude
présentée dans ce chapitre a été faite en régime stationnaire avec des fenêtres d’EIT
qui ont été traduites mathématiquement par des transmissions variables en fréquence.
Les résultats de ce chapitre ne donnent donc qu’une borne supérieure à l’intrication
qu’il est possible de restituer en sortie de deux mémoires atomiques, avec la stratégie
de mesure considérée ici. Dans un schéma plus rigoureux, il faudrait utiliser des fonc-
tions complexes pour caractériser les fenêtres d’EIT et faire le calcul prenant en compte
l’aspect séquentiel lié à la mémoire. Tout ceci complique très nettement les calculs et
c’est pourquoi nous nous sommes contentés d’une étude simplifiée qui permet toutefois
d’avoir un ordre de grandeur des performances qui peuvent être attendues en termes
de distribution d’intrication avec un tel dispositif.
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Partie III

Mémoire quantique par
transparence induite

électromagnétiquement dans une
vapeur de césium





Les interfaces quantiques lumière-matière sont l’un des éléments clés des réseaux
de communication quantique à grande distance [Duan et al., 2001], [Kimble, 2008].
Parmi les processus possibles permettant de réaliser de telles interfaces, la transparence
induite électromagnétiquement (EIT) a été particulièrement étudiée [Harris, 1997].
De nombreux travaux théoriques ont permis de montrer qu’il est possible d’utili-
ser l’EIT pour transférer l’information quantique d’un faisceau lumineux vers un en-
semble d’atomes, puis de restituer à la demande l’information sous forme lumineuse,
l’ensemble du dispositif réalisant ainsi une mémoire quantique [Lukin et al., 2000],
[Fleischhauer et Lukin, 2000], [Dantan et Pinard, 2004], [Dantan et al., 2006].

La transparence induite électromagnétiquement a d’abord été utilisée pour réa-
liser des expériences de lumière ralentie [Hau et al., 1999], puis de lumière arrêtée
[Liu et al., 2001], [Phillips et al., 2001]. Depuis ces premières expériences, de nombreux
travaux ont été conduits afin de réaliser des mémoires quantiques. Parmi les avancées
les plus remarquables, on peut citer la réalisation de telles mémoires pour stocker et
restituer des photons uniques [Eisaman et al., 2005], [Chanelière et al., 2005]. En ré-
gime de variables continues, la première mémoire quantique a été réalisée en utilisant
un schéma d’interaction quantique non destructif (QND) [Julsgaard et al., 2004a]. Bien
que permettant de stocker deux quadratures du champ qui ne commutent pas, ce pro-
cédé ne permet de relire qu’une seule des quadratures. Il ne s’agit donc pas d’une
interface atomes-champs réversible.

C’est dans ce contexte que notre équipe a entrepris la réalisation expérimentale
d’une mémoire quantique par transparence induite électromagnétiquement dans des
atomes de césium. Nous avons décidé dans un premier temps de réaliser la mémoire avec
une vapeur de césium pour à terme transférer le dispositif vers un ensemble utilisant des
atomes froids. Notons qu’au cours de la construction et de la caractérisation de cette
mémoire quantique, deux autres groupes ont réalisé des mémoires quantiques assez simi-
laires permettant de stocker et restituer un état de vide comprimé [Appel et al., 2008],
[Honda et al., 2008], [Arikawa et al., 2009]. Les expériences décrites dans les deux der-
niers articles utilisent des atomes froids de rubidium alors que dans [Appel et al., 2008]
le transfert par EIT est réalisé dans une vapeur de rubidium.

Nous décrirons dans le chapitre 6 le dispositif de mémoire atomique et nous ca-
ractériserons ses performances quantiques, notamment en terme de fidélité et en uti-
lisant le diagramme T/V. La caractérisation a été effectuée à l’aide d’états cohérents
très atténués. Dans le chapitre 7, nous nous intéresserons à la fois expérimentalement
et théoriquement au phénomène de transparence induite électromagnétiquement dans
une vapeur de césium, sur la raie D2, ce qui correspond au processus de base utilisé
dans notre expérience de mémoire. Nous verrons notamment que la structure hyperfine
de cette raie associée à l’élargissement Doppler change de façon très importante les
propriétés de la transparence induite dans le milieu.
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Nous allons présenter dans ce chapitre l’étude expérimentale que nous avons ef-
fectuée sur le stockage et la restitution d’un état cohérent de la lumière dans une
mémoire atomique. Ce stockage s’effectue par transparence induite électromagnétique-
ment (EIT) dans une vapeur de césium. Dans une première section, nous décrirons le
schéma expérimental ainsi que les caractérisations préliminaires du système visant à
s’assurer qu’il est possible de l’utiliser comme mémoire quantique. Dans une deuxième
section, nous présenterons les résultats obtenus concernant le stockage d’un état cohé-
rent dans cette mémoire, et nous étudierons plus particulièrement les performances du
système en termes d’efficacité de stockage. Dans la troisième section nous nous intéres-
serons à l’excès de bruit qui a été observé lorsque la puissance du champ de contrôle
devient trop importante et nous verrons quelles optimisations de la configuration expé-
rimentale permettent de le réduire. Enfin, dans la dernière section, nous présenterons
les performances obtenues pour la mémoire en termes de fidélité ainsi qu’en utilisant
le diagramme T/V.

Il est important de préciser qu’il est tout à fait possible de caractériser une mémoire
quantique en utilisant des états cohérents. En effet, bien qu’ils soient souvent qualifiés
d’états “classiques”, ces états cohérents sont des états quantiques qui ne peuvent pas
être stockés et restitués sans ajout de bruit par une mémoire classique, contrairement
à ce qui se passe pour une mémoire quantique, comme on le verra à la section D.

Cette expérience de stockage d’un état cohérent dans une vapeur de césium a été
réalisée au cours du travail de thèse de Jean Cviklinski ainsi qu’au cours de la présente
thèse. Par conséquent, un certain nombre de détails expérimentaux et de résultats ont
déjà été présentés dans le manuscrit [Cviklinski, 2008]. Aussi nous renverrons souvent
à cette référence pour plus de détails concernant certaines expériences et pour éviter
des répétitions inutiles.

A Configuration expérimentale et mesures prélimi-

naires

A.1 Ensemble atomique utilisé

A.1.1 Schéma des transitions utilisées

Notre mémoire quantique s’appuie sur un transfert réversible par EIT des fluc-
tuations quantiques d’un faisceau lumineux vers les composantes transverses du spin
collectif d’un ensemble atomique, comme décrit dans la section D du chapitre 1. Pour de
plus amples détails théoriques concernant ce transfert de fluctuations, on pourra par
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exemple se référer à la thèse d’Aurélien Dantan [Dantan, 2005] ainsi qu’aux articles
associés [Dantan et Pinard, 2004], [Dantan et al., 2005], [Dantan et al., 2006]. Le sys-
tème atomique considéré est un ensemble d’atomes de césium et nous allons travailler
sur la raie D2 de cet alcalin (détaillée en annexe B). Concernant le choix des trois
niveaux formant une configuration en Λ permettant le transfert des fluctuations par
EIT, plusieurs configurations sont possibles. Celle que nous avons retenue est présentée
figure 6.1.
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Fig. 6.1 – Schéma d’EIT à 3 niveaux en Λ sur la raie D2 du césium utilisé pour le stockage
des fluctuations du champ signal A2 sur la cohérences Zeeman entre les niveaux 1 et 2.
A1 désigne le champ de contrôle, P le champ de pompe et R le champ de repompe, ∆j

(j = 1, 2) est le désaccord entre la fréquence de la transition j → 3 et la fréquence du
champ Aj , δ = ∆1 −∆2 est le désaccord à 2 photons.

Cette configuration utilise comme niveaux fondamentaux les deux sous-niveaux Zeeman
mF = +1 et mF = +3 du niveau hyperfin F = 3, notés par la suite respectivement 1 et
2, et comme niveau excité le sous-niveau Zeeman mF ′ = +2 du niveau hyperfin F ′ = 2,
noté 3 dans la suite du manuscrit. Pour être dans une configuration d’EIT, les atomes
doivent être préparés dans le niveau 2. Ils sont tous pompés dans ce niveau à l’aide d’un
champ de pompe résonant avec la transition F = 3 vers F ′ = 3 et les atomes présents
dans le niveau hyperfin F = 4 sont repompés vers le niveau F = 3 grâce à un champ de
repompe résonant sur la transition F = 4 vers F ′ = 4. Ces deux champs sont polarisés
circulairement σ+ et sont produits par des diodes laser en cavité étendue et fibrées dont
le modèle est décrit à la section D.2 du chapitre 2. Le champ de contrôle A1, qui pilote
la transparence du milieu atomique (chapitre 7), est lui aussi polarisé σ+ et agit sur
la transition entre 1 et 3. On note Ω1 sa fréquence de Rabi. Le champ signal A2, dont
on cherche à stocker les fluctuations quantiques dans le milieu atomique, est polarisé
circulairement σ− et agit sur la transition entre les niveaux 2 et 3. Ces champs contrôle
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et signal sont produits par un laser titane-saphir construit par Laurent Hilico au cours
de sa thèse et décrit de façon très détaillée dans les références suivantes [Hilico, 1992],
[Josse, 2003], [Cviklinski, 2008]. Sauf mention contraire explicite, nous nous placerons
en régime d’EIT résonant, c’est-à-dire que les désaccords à un photon ∆1 et ∆2 seront
nuls.

A.1.2 Cellule de césium

Nous avons choisi d’utiliser des atomes de césium sous forme d’une vapeur contenue
dans une cellule en verre. Cette cellule est placée dans un four en cuivre chauffé entre
30 et 40̊ C par circulation d’eau (figure 6.2 (b)).

(b)(a)

Fig. 6.2 – (a) Photographie de la cellule de césium cylindrique. (b) Photographie de la
cellule cubique placée dans son four en cuivre.

L’information quantique à stocker étant transférée à la cohérence entre les sous-niveaux
Zeeman 1 et 2, la durée de vie de la mémoire est limitée par la durée de vie de cette
cohérence, elle-même limitée par le temps de relaxation T1 de la population des niveaux
1 et 2. Si l’on considère que le spin change à chaque collision d’un atome contre les parois
de la cellule, cela fait une valeur de T1 de l’ordre d’une centaine de µs pour une longueur
de cellule de l’ordre du cm et une vitesse quadratique moyenne des atomes d’environ 140
m/s à 35̊ C. Pour augmenter le temps de vie des populations, il existe deux possibilités :
recouvrir les parois de la cellule d’une substance évitant un retournement du spin lors
des collisions, comme la paraffine [Bouchiat et Brossel, 1966], ou bien augmenter le
temps mis par les atomes pour atteindre les parois de la cellule à l’aide d’un gaz tampon.
Nous avons choisi d’utiliser des cellules dont les parois sont recouvertes de paraffine. Ces
cellules ont été fabriquées par Mikhail Balabas (S. I. Vavilov State Optical Institute, St
Petersbourg, cellules revendues par la société GEM Systems). Deux cellules différentes
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ont été utilisées pour les mesures présentées dans ce manuscrit. La première est une
cellule cubique de 34 mm de côté (figure 6.2 (b)) et la seconde est cylindrique, de
longueur 36 mm et de diamètre 33 mm (figure 6.2 (a)). Elles ont toutes deux donné des
résultats similaires (sauf pour les mesures de la section B.2.2, mais ceci est probablement
dû aux paramètres expérimentaux utilisés). Leur principale différence est la qualité
optique des parois en verre.

A.2 Environnement magnétique et durées de vie atomiques

A.2.1 Environnement magnétique

Pour avoir un écartement des sous-niveaux Zeeman bien défini et homogène sur
tout l’ensemble atomique, nous avons mis en place un système de bobines magnétiques
autour de la cellule contenant la vapeur de césium, le tout protégé par un blindage
magnétique.

Blindage

Le blindage magnétique, fabriqué par la société Soudupin, est constitué de 3 couches
cylindres concentriques de µ-métal de longueur extérieure 60 cm, de diamètre extérieur
20 cm et de diamètre intérieur 16 cm (figure 6.3 (a)). La couche intérieure a une

Bobines Blindage

B
200 mm 30 mm

600 mm

5 6 7 8

48 mm

2 3 4

140 mm

1

(b)(a)

Fig. 6.3 – (a) Schéma en coupe du blindage magnétique constitué de 3 couches de µ-
métal et de l’ensemble de 8 bobines circulaires permettant de créer un champ longitudinal
homogène sur la longueur de la cellule de césium. (b) Photographie du blindage (arrière
plan), des bobines (milieu) et du four contenant la cellule (premier plan).

épaisseur de 1,5 mm et les deux autres couches une épaisseur de 1 mm chacune. Ces
couches sont distantes de 9 mm. Afin de pouvoir faire à la fois des mesures avec des
faisceaux longitudinaux et transverses par rapport à l’axe magnétique, ce blindage est
doté de quatre ouvertures circulaires de diamètre 30 mm (figure 6.3). On obtient grâce
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à ce système un écrantage du champ magnétique terrestre d’un facteur 1000 à 2000 en
accord avec les valeurs théoriques [Cviklinski, 2008].

Bobines

On souhaite créer un champ magnétique longitudinal (par rapport à l’axe du blin-
dage) permettant d’obtenir un écartement entre les sous-niveaux Zeeman mF = +1 et
mF = +3 de F = 3 d’environ 1 MHz. L’écartement dû à un champ magnétique statique
entre deux sous-niveaux Zeeman consécutifs étant de 0,35 MHz/G pour F = 3, on en
déduit qu’il faut un champ d’environ 1,5 G. Pour créer ce champ, trois solutions sont
possibles afin de conserver un accès transverse pour un faisceau lumineux : deux solé-
nöıdes, deux bobines de Helmholtz ou bien un ensemble de bobines. Nous avons choisi
d’utiliser la dernière solution car c’est celle qui permet d’avoir le champ magnétique
le plus homogène possible sur la taille des cellules utilisées [Cviklinski, 2008]. En effet,
les inhomogénéités de champ magnétique conduisent à un déphasage différent de la
cohérence Zeeman pour des atomes situés en différents endroits de la cellule, réduisant
ainsi la durée de vie de cette cohérence. Ceci peut dégrader les performances de la
mémoire et il est donc important de limiter le plus possible ces inhomogénéités.

La configuration choisie comprend 8 bobines circulaires (figure 6.3) et s’inspire
de celle utilisée par le groupe d’Eugene Polzik [Julsgaard, 2003]. Ces bobines ont un
diamètre moyen de 139 mm, une largeur de 10 mm et les spires sont enroulées sur une
épaisseur de 4 mm. Pour la première cellule, à savoir la cellule cubique de 34 mm de
côté, nous avons choisi une distance de 48 mm entre les bobines et un courant identique
dans toutes les bobines. A partir de là, nous avons optimisé le nombre de spires de façon
à avoir l’homogénéité axiale du champ la meilleure possible sur la taille de la cellule.
Cette homogénéité est définie par

(
∆B

B

)

axe

=

√
1
L

∫
L
(B(r = 0, z))2dz −B

2

B
avec B =

1

L

∫

L

B(r = 0, z)dz (6.1)

où L désigne la longueur de la cellule. Une fois l’homogénéité axiale optimisée, nous
avons calculé l’homogénéité volumique sur la taille de la cellule puisque c’est surtout
cette valeur qui intervient dans la durée de vie de la cohérence atomique. Cette homo-
généité volumique est définie par

(
∆B

Bvol

)

volume

=

√
1
V

∫
V
(B(~r))2d3r −B

2

vol

Bvol

avec Bvol =
1

V

∫

V

B(~r)d3r (6.2)

où V désigne le volume de la cellule. Finalement, nous avons choisi les nombres de
spires suivants N1 = N8 = 82, N2 = N7 = 75, N3 = N6 = 73 et N4 = N5 = 70 (Ni

est le nombre de spires de la bobine i, voir la figure 6.3 (a) pour la numérotation des
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bobines). Avec cette configuration, l’homogénéité axiale est de 4, 5.10−5 et l’homogé-
néité volumique de 6, 3.10−4. Pour la cellule cylindrique de 36 mm de long, nous avons
gardé les bobines précédentes et ajusté la distance les séparant de façon à optimiser
l’homogénéité axiale sur la taille de la cellule. Les distances entre les bobines sont les
suivantes : d1−2 = d7−8 = 39 mm, d2−3 = d6−7 = 40 mm, d3−4 = d5−6 = 45 mm et
d4−5 = 42 mm. L’homogénéité axiale théorique vaut alors 1, 6.10−5 et l’homogénéité
volumique 6, 4.10−4.

A.2.2 Mesure de l’orientation atomique

Comme nous l’avons dit précédemment, afin de travailler en régime de transparence
induite électromagnétiquement, les atomes doivent être tous pompés dans le niveau 2
(figure 6.1). La qualité de ce pompage est déterminante pour avoir un bon transfert
des fluctuations entre le champ signal et les atomes. En effet, s’il reste des atomes
dans le niveau 1, ceux-ci vont être amenés dans le niveau 3 par le champ de contrôle
qui a généralement une intensité supérieure à l’intensité de saturation. Une partie
de ces atomes vont se désexciter vers le niveau 2 et engendrer un bruit d’émission
spontanée nuisible aux performances quantiques de la mémoire. D’autres phénomènes
plus complexes issus d’un pompage non parfait peuvent aussi dégrader les performances
du système [Hétet et al., 2008].

Après avoir placé la cellule au milieu des bobines et avoir recouvert le tout avec le
blindage magnétique, nous avons procédé à l’évaluation de l’orientation atomique par
mesure du dichröısme circulaire du milieu atomique. L’idée est d’envoyer un faisceau
sonde polarisé linéairement dans le milieu et résonant avec la transition F = 3 →
F ′ = 2. Ce faisceau se décompose en deux faisceaux polarisés circulairement σ+ et σ−

qui subissent une absorption différente suivant la répartition des atomes dans les sous-
niveaux Zeeman de F = 3. En mesurant l’écart relatif entre la puissance des faisceaux
polarisés σ+ et σ− en sortie des atomes, on en déduit l’orientation atomique du milieu
définie par

〈Fz〉/F = (−3 p−3 − 2 p−2 − p−1 + p+1 + 2 p+2 + 3 p+3)/F (6.3)

où pj désigne la population du sous-niveau Zeeman mF = j de F = 3 normalisée au
nombre total d’atomes. Les détails de la procédure expérimentale et des résultats ob-
tenus sont présentés dans [Cviklinski, 2008]. Après allumage des faisceaux de repompe
(environ 2 mW pour un waist à 1/e2 d’environ 7 mm) et de pompe (de l’ordre de
100 µW pour un waist de 7 mm), nous obtenons en 2 ms une orientation atomique de
90 %. Nous estimons alors les populations dans les sous-niveaux Zeeman qui nous inté-
ressent pour l’expérience de transfert par EIT à p+3 = 0, 8, p+2 = 0, 16 et p+1 = 0, 03,
soit un ratio p+1

p+3
= 0, 04.

Après avoir préparé le système dans l’état atomique nécessaire pour réaliser le trans-
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fert lumière-matière par transparence induite électromagnétiquement, nous avons étu-
dié les durées de vie des composantes atomiques qui fixent une limite supérieure à la
durée de vie de la mémoire quantique.

A.2.3 Mesure de T1 : durée de vie de la population

La première caractéristique atomique à mesurer est T1, la durée de vie des po-
pulations dans le niveau fondamental. Cette durée de vie n’est pas affectée par l’in-
homogénéité du champ magnétique dans la cellule. Elle dépend surtout de la qualité
de la couche de paraffine déposée sur les parois de la cellule ainsi que des collisions
entre atomes. Pour réaliser cette mesure, nous avons procédé comme à la section pré-
cédente pour la mesure de l’orientation atomique du système. Après avoir pompé les
atomes dans le sous-niveau Zeeman mF = +3 de F = 3, nous avons coupé les faisceaux
de pompe et de repompe et mesuré l’évolution de l’orientation atomique du milieu.
La relaxation exponentielle de cette orientation donne directement accès à la durée
de vie des populations. On a mesuré une valeur pour T1 comprise entre 55 et 83 ms
[Cviklinski, 2008].

A.2.4 Mesure de T2 : durée de vie de la cohérence Zeeman

Pour la mémoire quantique, la durée de vie qui va intrinsèquement nous limiter est
celle de la cohérence entre les sous-niveaux Zeeman, puisque c’est sur une cohérence
de ce type qu’on va enregistrer les fluctuations lumineuses du faisceau signal. Pour
mesurer cette durée de vie, notée T2, nous avons procédé par une méthode de résonance
magnéto-optique (RMO) comme décrit dans [Julsgaard et al., 2004b].

Le schéma expérimental permettant de réaliser cette expérience est présenté figure
6.4. La cellule de césium est placée dans le blindage avec un champ statique B0 selon
l’axe z et un champ radiofréquence selon l’axe x. Ce champ radiofréquence est créé par
des bobines supplémentaires utilisées uniquement dans cette expérience de RMO. Les
faisceaux pompe et repompe, qui se propagent selon l’axe z, préparent les atomes dans
le sous-niveau mF = +3 de F = 3. Un faisceau se propageant selon l’axe x, polarisé
linéairement selon l’axe z, désaccordé d’environ 1 GHz par rapport à la transition
F = 3 vers F ′ = 2, vient sonder de façon transverse les atomes. Sa polarisation de
sortie est mesurée puis démodulée à la fréquence du champ RF par une détection
synchrone double-phase. Avant de présenter les résultats obtenus, nous allons reprendre
les équations données dans l’article [Julsgaard et al., 2004b] pour montrer comment le
signal obtenu après démodulation nous permet de mesurer directement la durée de vie
de la cohérence entre sous-niveaux Zeeman.

Considérons le niveau fondamental F = 3 du césium peuplé avec N atomes et
introduisons la matrice densité ρ décrivant le système constitué des 7 sous-niveaux
Zeeman. On quantifie selon l’axe z (qui est l’axe du champ statique dans le blindage)
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Cs
Bobines

Générateur
de signaux

U cos( t+ )RF RFw f

PBS

Sonde

Repompe

Pompe
+

Blindage

l/4

l/2

B0

s
+

Bobines RF

BRF

Détection
synchrone

double phase

R=(X +Y )
2 2 1/2

x

z

Fig. 6.4 – Schéma expérimental utilisé pour la mesure de la durée de vie de la cohé-
rence Zeeman par résonance magnéto-optique. Les faisceaux ont un waist de 7 mm. Les
faisceaux pompe et repompe ont une puissance de 0,1 mW et 2 mW respectivement. Le
faisceau sonde a une puissance de 0,5 mW. La température de la cellule est de 30̊ C.

pour définir les composantes du moment angulaire collectif des atomes

Fx = N

F−1∑
m=−F

√
F (F + 1)−m(m + 1)

ρm+1,m + ρm,m+1

2
(6.4)

Fy = N

F−1∑
m=−F

√
F (F + 1)−m(m + 1)

ρm+1,m − ρm,m+1

2i
(6.5)

Fz = N

F∑
m=−F

m ρmm (6.6)

L’hamiltonien d’interaction atomes - champs magnétiques s’écrit alors

H = gF µB
~F . ~B + termes quadratiques en champ (6.7)

où gF ≈ 0, 25 est le facteur de Landé pour le niveau hyperfin F = 3 et µB le magnéton
de Bohr. Comme nous le verrons un peu plus loin, les termes quadratiques seront
négligeables dans notre expérience. Avec la configuration expérimentale utilisée (figure
6.4), on a Bz = B0 et Bx = |BRF | cos(ωRF t + φ). On peut alors exprimer l’hamiltonien
en fonction de ces champs et des composantes du spin collectif des atomes, ce qui
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donne1

H =
F∑

m=−F

~ωmρmm +
gF µB

4

F−1∑
mF =−F

√
F (F + 1)−m(m + 1)(ρm+1,mBRF e−iωRF t + h.c.)

(6.8)
avec BRF = |BRF |e−iφ et ~ωm l’énergie du sous-niveau Zeeman mF = m proportionnelle
au champ statique B0. Avec ce hamiltonien, on peut écrire l’équation d’évolution pour
une cohérence entre sous-niveaux Zeeman2

∂ρmm+1

∂t
= −(Γmm+1 + i(ωm+1 − ωm))ρmm+1

+
igF µB

4~
√

F (F + 1)−m(m + 1)BRF e−iωRF t(ρm+1m+1 − ρmm) (6.9)

où Γmm+1 représente le taux de relaxation de la cohérence entre deux sous-niveaux
Zeeman adjacents. Dans notre expérience, c’est le taux de relaxation de la cohérence
entre deux sous-niveaux Zeeman séparés de ∆mF = 2 qui nous intéresse, mais nous
supposerons que ces deux quantités sont identiques.

On repasse ensuite dans le référentiel tournant à la fréquence ωRF pour les co-
hérences (ρ̃mm+1 = ρmm+1e

iωRF t), puis on effectue l’approximation adiabatique : les
cohérences ont une durée de vie beaucoup plus courte que les populations (ce qui est
confirmé expérimentalement), et on peut donc considérer que dans l’équation (6.9) la
cohérence ρ̃mm+1 suit adiabatiquement la différence de populations ρm+1m+1− ρmm, ce
qui revient à faire ∂ρ̃mm+1

∂t
= 0 dans l’équation. Finalement, on obtient l’expression des

cohérences en fonction des populations dans le référentiel du laboratoire

ρmm+1 =
igF µBBRF

4~

√
F (F + 1)−m(m + 1)e−iωRF t

Γmm+1 + i((ωm+1 − ωm)− ωRF )
(ρm+1m+1 − ρmm) (6.10)

En remplaçant cette expression dans (6.4), on obtient finalement

Fx =
F−1∑

m=−F

gF µBN |BRF |(F (F + 1)−m(m + 1))

4~
(ρm+1m+1 − ρmm)

×Γmm+1 sin(ωRF t + φ) + ((ωm+1 − ωm)− ωRF ) cos(ωRF t + φ)

(Γmm+1)2 + ((ωm+1 − ωm)− ωRF )2
(6.11)

1 Ce résultat est obtenu après transformation des cohérences atomiques dans le référentiel tour-
nant à la fréquence ωRF , puis utilisation de l’approximation de l’onde tournante, puis de nouveau
transformation des cohérences pour revenir dans le référentiel du laboratoire.

2 Pour obtenir ce résultat, on a négligé la cohérence entre deux sous-niveaux Zeeman non-adjacents.
En effet, le champ RF aura une fréquence proche de l’écartement Zeeman entre deux sous-niveaux
adjacents et ne pourra donc pas créer une cohérence entre les sous-niveaux Zeeman non-adjacents.
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et une expression similaire pour Fy. Comme dit précédemment, notre mesure consiste
en une sonde transverse de polarisation linéaire selon z, désaccordée d’environ 1 GHz
par rapport à la transition F = 3 vers F ′ = 2. La sonde subit alors une rotation de
polarisation, proportionnelle à la valeur de Fx, par effet Faraday (voir par exemple
[Julsgaard et al., 2001], [Geremia et al., 2005]). Le système lame demi-onde, cube po-
lariseur, photodétecteurs et soustracteur (figure 6.4) fournit un photocourant i(t) pro-
portionnel à Fx(t). En démodulant ce photocourant à l’aide d’une détection synchrone
double phase (modèle utilisé : SR 844 de la société Stanford Research Systems), on
obtient en sortie un signal proportionnel à la racine de

(
F∑

m=−F

(F (F + 1)−m(m + 1))
Γmm+1(ρm+1m+1 − ρmm)

(Γmm+1)2 + ((ωm+1 − ωm)− ωRF )2

)2

+

(
F∑

m=−F

(F (F + 1)−m(m + 1))
((ωm+1 − ωm)− ωRF )(ρm+1m+1 − ρmm)

(Γmm+1)2 + ((ωm+1 − ωm)− ωRF )2

)2

=

∣∣∣∣∣
F∑

m=−F

(F (F + 1)−m(m + 1))
(ρm+1m+1 − ρmm)

Γmm+1 + i((ωm+1 − ωm)− ωRF )

∣∣∣∣∣

2

(6.12)

En faisant varier la fréquence du champ RF autour de l’écart ωm+1 − ωm entre sous-
niveaux Zeeman consécutifs, le signal obtenu est une somme de pics lorentziens de
largeur 2Γmm+1 centrés en ωm+1−ωm. En toute rigueur, cet écart n’est pas constant si
on prend en compte l’effet Zeeman quadratique. La contribution de l’effet quadratique

vaut environ
2Ω2

L

9,2 GHz
[Julsgaard et al., 2004b] où il apparâıt au dénominateur l’écart en

fréquence entre les deux niveaux fondamentaux de la raie D2 du césium et où ΩL est
la fréquence de Larmor correspondant au champ RF. Il faut comparer cette valeur à
la largeur Γmm+1 de la cohérence entre les niveaux Zeeman. Dans les cas rencontrés
expérimentalement, la contribution quadratique à l’écartement est effectivement né-
gligeable devant Γmm+1. On a par exemple mesuré pour une fréquence de Larmor de
600 kHz une valeur de 1100 Hz pour Γmm+1, bien plus grande que les 78 Hz de l’effet
Zeeman quadratique.3 Finalement, on considère que tous les écartements entre deux
niveaux Zeeman consécutifs sont identiques et égaux à ΩL. On suppose aussi que les
taux de relaxation Γmm+1 sont indépendants de m, et on va les noter ΓZ (qui est aussi
égal au taux de relaxation Γ21 utilisé dans le schéma d’EIT à 3 niveaux en Λ (section
D.3.1 chapitre 1)). Avec toutes ces hypothèses, le signal de résonance magnéto-optique

3 Ceci est valable dans la mesure où l’on a pompé les atomes dans le sous-niveau mF = +3 et que
seuls 1 voire 2 pics lorentziens peuvent contribuer au signal obtenu en sortie de la détection synchrone.
Si l’on avait équirépartition des atomes dans les sous-niveaux Zeeman, on aurait 6 pics lorentziens, les
deux extrêmes étant séparés de 400 Hz par effet Zeeman quadratique. Cet effet ne serait alors plus
négligeable devant Γmm+1.
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obtenu vaut finalement

sRMO(ωRF ) ∝
√

1

(ΓZ)2 + (ΩL − ωRF )2
(6.13)

qui est la racine carrée d’une lorentzienne centrée en ΩL et de largeur 2ΓZ . Ce signal
donne donc directement accès au taux de relaxation de la cohérence entre sous-niveaux
Zeeman. Un exemple du signal obtenu pour une fréquence de Larmor de 90 kHz est
présenté sur la figure 6.5 (a). Nous avons effectué ces mesures pour 3 fréquences de
Larmor différentes. Les résultats sont regroupés dans le tableau 6.1. On constate que
le taux de relaxation augmente plus vite que linéairement avec la fréquence de Larmor
(figure 6.5 (b)). Ceci est en particulier dû aux inhomogénéités du champ dans le volume
de la cellule et est en accord avec le modèle proposé dans [Julsgaard et al., 2004b] qui
prévoit une évolution quadratique de la largeur avec le gradient du champ magnétique.

0 200 400 600 800 1000

0,0

0,2

0,4

0,6

0,8

1,0

1,2

1,4

1,6

1,8

89,6 89,8 90,0 90,2 90,4

0,00

0,02

0,04

0,06

0,08

0,10

0,12

(a) (b)

S
ig

n
al

 d
e 

R
M

O
 (

u
. 
a.

)

G
p

Z
/2

(k
H

z)

WL (kHz)/2pw 2pRF/ (kHz)

2G pZ/2 = 90 Hz

max

2

Fig. 6.5 – (a) Signal de résonance magnéto-optique obtenu pour une fréquence de Larmor
de 90 kHz. La demi-largeur à max/

√
2 nous donne le taux de relaxation ΓZ de la cohérence

entre sous-niveaux Zeeman. (b) Evolution de ΓZ avec la fréquence de Larmor.

Fréquence de Larmor ΩL/2π (kHz) 90 600 900
Taux de relaxation de la cohérence Zeeman ΓZ/2π (Hz) 45 550 1700
Durée de vie de la cohérence Zeeman T2 = 1/(ΓZ) (µs) 3500 290 94

Tab. 6.1 – Résultats de l’expérience de résonance magnéto-optique : valeurs du taux de
relaxation ΓZ et de la durée de vie de la cohérence Zeeman associée pour 3 valeurs de la
fréquence de Larmor.

On constate qu’on obtient pour une fréquence de Larmor de 600 kHz (valeur utilisée
dans la suite de ce chapitre pour les expériences de mémoire), une durée de vie de la
cohérence Zeeman de 300 µs. On s’attend donc a priori à trouver une décroissance de
la durée de vie de la mémoire avec une telle constante de temps.
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A.3 Fenêtre d’EIT, bande latérale unique et détection

Après avoir défini l’environnement magnétique et mesuré les durées de vie ato-
miques qui interviennent dans la mémoire, nous nous sommes intéressés au phénomène
de transparence induite électromagnétiquement ainsi qu’au signal que nous allons en-
registrer dans la mémoire.

Les atomes étant préparés dans le sous-niveau mF = +3 de F = 3, on a souhaité
vérifier qu’on obtient bien une transparence induite pour le champ signal si on éclaire
la vapeur atomique avec le faisceau de contrôle comme indiqué sur le schéma de la
figure 6.1. Nous avons dans un premier temps mené une étude assez succincte de ce
phénomène et observé une transmission du signal de l’ordre de 20 % comme décrit dans
[Cviklinski, 2008]. Cependant, après avoir analysé les résultats obtenus dans le cadre
du stockage d’un état cohérent dans la mémoire, nous avons réalisé une étude beaucoup
plus poussée, à la fois expérimentale et théorique, du phénomène d’EIT sur la raie D2

d’une vapeur de césium. Ces résultats sont présentés dans le chapitre 7.

A.3.1 Signal sous forme d’une bande latérale unique

La fenêtre d’EIT ayant une transparence qui décroit assez rapidement avec le désac-
cord à 2 photons δ (voir chapitre 7), est il est important que le signal que l’on souhaite
enregistrer dans la mémoire satisfasse la condition d’accord à 2 photons afin que l’ef-
ficacité de stockage soit maximale. La largeur, ou bande passante, des fenêtres d’EIT
est en générale de l’ordre de quelques centaines de kHz à quelques MHz dans notre ex-
périence. Nous avons choisi d’utiliser dans un premier temps des états cohérents pour
étudier l’efficacité et les performances quantiques de la mémoire. En régime de variables
continues, les états quantiques sont mesurés à l’aide d’une détection homodyne et sont
caractérisés par un spectre de bruit qui décrit les corrélations existant entre des bandes
latérales symétriques par rapport à la fréquence de l’oscillateur local. Ainsi, quand on
dit qu’on souhaite stocker un état quantique en régime de variables continues dans une
mémoire, on entend par ceci qu’on souhaite stocker dans la mémoire les corrélations
existant entre des bandes latérales symétriques situées autour d’une porteuse. Or, on
a vu précédemment qu’il y a un excès de bruit technique classique dans une certaine
bande de fréquences autour de cette porteuse, typiquement de l’ordre du MHz pour un
laser à titane-saphir. Ainsi, une fenêtre d’EIT centrée sur la porteuse du signal quan-
tique à stocker doit avoir une largeur suffisamment grande (≥ 1 MHz) pour stocker
les bandes latérales portant de l’information quantique (figure 6.6 (a)). C’est cette mé-
thode qui a été utilisée pour les deux premières démonstrations [Honda et al., 2008] et
[Appel et al., 2008] de stockage et restitution d’un état comprimé dans une mémoire.
Une autre solution pour s’affranchir de ce bruit technique à basse fréquence est d’utili-
ser deux fenêtres d’EIT symétriques par rapport à la porteuse (“EIT bichromatique”),
de façon à stocker uniquement les deux bandes latérales portant l’information quan-
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tique (figure 6.6 (b)). Cette méthode a été utilisée récemment pour le stockage d’un
état comprimé dans des atomes froids de rubidium [Arikawa et al., 2009]. Avec cette
méthode, la largeur des fenêtres d’EIT peut être plus petite que la largeur de la bande
de fréquences présentant un excès de bruit technique autour de la porteuse. De plus,
la largeur des fenêtres ne limite pas la fréquence des bandes latérales qu’il est possible
de stocker, contrairement au cas où l’on utilise une seule fenêtre d’EIT.
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Fig. 6.6 – Représentation schématique de plusieurs configurations possibles pour le sto-
ckage d’un état quantique dans une ou plusieurs fenêtres d’EIT, en régime de variables
continues. (a) Fenêtre d’EIT centrée sur la porteuse du signal et suffisamment large pour
stocker des bandes latérales symétriques éloignées du pic de bruit central. (b) Configura-
tion avec deux fenêtres d’EIT positionnées sur les deux bandes latérales symétriques que
l’on souhaite stocker. (c) Configuration utilisée sur notre expérience : une seule fenêtre
d’EIT décalée par rapport à la fréquence ωP de la porteuse et permettant de stocker un
signal constitué d’une bande latérale unique à la fréquence ωP + Ω. La bande latérale
symétrique est constituée des fluctuations du vide.

Pour notre expérience, nous avons souhaité profiter des avantages des fenêtres d’EIT
décalées par rapport à la fréquence de la porteuse tout en conservant un système relati-
vement simple, l’EIT bichromatique étant plus complexe à mettre en œuvre que l’EIT
usuelle. Nous avons alors décidé d’adopter la configuration représentée sur la figure
6.6 (c). Nous disposons d’une fenêtre d’EIT décalée de la fréquence Ω (typiquement
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1 MHz) par rapport à la position de la porteuse du signal, ce qui permet de s’affran-
chir du bruit technique à basse fréquence. Le signal quantique que l’on va stocker est
alors une modulation à la fréquence Ω en bande latérale unique (BLU) de très faible
intensité (un à quelques photons par impulsion) de la porteuse à la fréquence ωP . La
fenêtre d’EIT est donc centrée sur cette bande latérale. La bande latérale symétrique
est constituée quant à elle des fluctuations quantiques du vide. Une autre manière de
voir les choses est de dire que l’on produit un état cohérent de très faible amplitude
à la fréquence ωP + Ω, qu’on stocke cet état cohérent dans une fenêtre d’EIT centrée
à cette fréquence et qu’on le mesure à l’aide d’une détection hétérodyne, c’est-à-dire
avec un oscillateur local à la fréquence ωP différente de la fréquence ωP + Ω de l’état
cohérent créé.

A.3.2 Réalisation d’une bande latérale unique optique

En ce qui concerne la réalisation de cet état cohérent en bande latérale unique, nous
avons utilisé deux modulateurs électro-optiques en série, comme illustré sur la figure
6.7, et les détails, calculs et mesures permettant de prouver que l’on obtient bien l’état
désiré en sortie sont présentés dans [Cviklinski, 2008].

l/4
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Bande latérale
unique

U  sin( t)0 Wg f

modulateur
d'angle
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d'ellipticité

Porteuse

V biréfringenceoffset

correction
biréfringence

Fig. 6.7 – Schéma du montage permettant de créer une bande latérale unique à la fré-
quence Ω, de polarisation orthogonale à la porteuse. Les modulateurs (modèle LM202 de
la société Linos) ont leurs lignes neutres à 45̊ par rapport au plan de la figure. Ils sont
alimentés par un générateur de signal (modèle Agilent 33250A) produisant une sinusöıde
de fréquence Ω. On ajuste la phase et le gain du signal allant vers un des modulateurs
de façon à obtenir un bon taux de réjection de la bande latérale symétrique (-15 dB).
Les biréfringences naturelles des modulateurs sont compensées par la lame demi-onde
située entre les deux modulateurs et par une tension continue supplémentaire appliquée
sur le second modulateur. Les lames quart d’onde et demi-onde placées après les deux
modulateurs permettent de bien séparer, grâce au cube polarisant, la porteuse et la bande
latérale produite. On obtient un taux de réjection de la porteuse de -20 à -22 dB.

Si l’on souhaitait juste produire une bande latérale unique, un modulateur de phase
suivit d’un modulateur d’amplitude serait suffisant. Cependant la porteuse et sa bande
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latérale auraient la même polarisation en sortie, et il serait difficile de les séparer pour le
reste de l’expérience. Pour obtenir une bande latérale avec une polarisation orthogonale
à la porteuse, on tourne les axes propres des modulateurs de 45̊ , et on rajoute une
lame quart d’onde entre les deux modulateurs de façon à ce que le premier modulateur
produise une modulation d’angle et que le deuxième joue le rôle d’un modulateur
d’ellipticité. On obtient au final une bande latérale unique et le taux d’extinction de la
bande latérale symétrique par rapport à la bande latérale que l’on a créée est de 15 dB.
La porteuse est séparée de la bande latérale à l’aide d’un cube polarisant, et le taux de
réjection de la porteuse est de -20 à -22 dB.

A.3.3 Mesure d’une bande latérale unique avec une détection homodyne

La mesure de cette bande latérale unique s’effectue à l’aide d’une détection homo-
dyne dont l’oscillateur local est à la fréquence de la porteuse, c’est-à-dire ωP . Nous
allons maintenant calculer le photocourant obtenu en sortie de la détection homodyne
et voir comment on peut en extraire des informations sur l’état cohérent stocké.

Sur les photodiodes de la détection homodyne vont interférer l’oscillateur local, re-
présenté par l’état cohérent |α|eiθ (on le considère comme un état classique d’amplitude
|α| et de phase θ, ce qui est valable s’il a une intensité très supérieure à celle du signal)
et le signal sous forme d’une bande latérale à la fréquence Ω, qu’on décrit par le champ
a+Ωe−iΩt. Mais dans une détection homodyne, la mesure de la bande latérale située à
Ω s’accompagne inévitablement de la mesure de la bande latérale située à la fréquence
−Ω. Il faut donc rajouter le champ a−ΩeiΩt décrivant les fluctuations du vide sur la
bande latérale symétrique. Finalement, le photocourant obtenu en sortie de la détection
homodyne est, en utilisant la formule (2.7) établie au chapitre 2

i(t) ∝ |α|(eiθ(a∗−Ωe−iΩt + a∗+ΩeiΩt) + e−iθ(a−ΩeiΩt + a+Ωe−iΩt)) (6.14)

En développant, on obtient une expression en fonction des quadratures des champs
situés à +Ω et à −Ω

i(t) ∝ ((a∗−Ωeiθ + a−Ωe−iθ) + (a∗+Ωeiθ + a+Ωe−iθ)) cos(Ωt)

−(i(a∗−Ωeiθ − a−Ωe−iθ)− i(a∗+Ωeiθ − a+Ωe−iθ)) sin(Ωt) (6.15)

i(t) ∝ (X+Ω, θ + X−Ω, θ) cos(Ωt) + (Y+Ω, θ − Y−Ω, θ) sin(Ωt) (6.16)

Pour extraire des informations sur les quadratures X ou Y , on va démoduler le pho-
tocourant obtenu à la fréquence Ω et moyenner temporellement, ce qui donne, si on
démodule avec sin(Ωt+φel) où φel est la phase électronique relative entre la modulation
sinusöıdale produite par les modulateurs électro-optiques créant le signal et la sinusöıde
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utilisée pour la démodulation

i(t) sin(Ωt + φel) ∝ X−Ω, θ sin φel − Y−Ω, θ cos φel + X+Ω, θ sin φel + Y+Ω, θ cos φel

∝ X−Ω sin(θ + φel)− Y−Ω cos(θ + φel)

−X+Ω sin(θ − φel) + Y+Ω cos(θ − φel) (6.17)

soit finalement
i(t) sin(Ωt + φel) ∝ Y+Ω, θ−φel

− Y−Ω, θ+φel
(6.18)

De même en démodulant avec un cosinus, on obtient

i(t) cos(Ωt + φel) ∝ X+Ω, θ−φel
+ X−Ω, θ+φel

(6.19)

Le photocourant démodulé et moyenné temporellement donne donc accès à la somme
ou la différence d’une quadrature d’angle θ−φel pour le signal à +Ω et d’une quadrature
d’angle θ + φel pour le vide à −Ω.

La mesure de cette grandeur, par exemple lors d’une réalisation de l’expérience de
mémoire, va nous fournir un résultat aléatoire traduisant les fluctuations quantiques
de l’état. Pour extraire l’information qui nous intéresse, à savoir la moyenne et la va-
riance des quadratures, on réalise un grand nombre de fois l’expérience en enregistrant
à chaque itération le résultat obtenu et on fait a posteriori une étude statistique des
différents résultats. Cependant, comme on le voit avec les expressions (6.18) et (6.19),
pour mesurer à chaque expérience la même quadrature, il faut que la phase relative
optique θ soit asservie, ainsi que la phase relative électronique φel. La première condi-
tion est assurée par un asservissement de phase entre l’oscillateur local et la porteuse
du signal.4 Pour satisfaire la seconde condition, c’est un peu plus complexe. Pour les
expériences de mémoire que nous allons réaliser, les différents faisceaux lumineux, et
en particulier le signal contenu dans la bande latérale, sont produits sous forme de
séquences temporelles. Il faut donc bien veiller à ce que le générateur produisant les
signaux pour deux expériences consécutives le fasse avec la même phase et que l’en-
registrement du photocourant s’effectue toujours avec le même délai par rapport à la
production du signal. Ceci est réalisé expérimentalement avec des séquences tempo-
relles synchronisées entre elles pour contrôler toute l’expérience. Il faut aussi s’assurer
que la phase électronique utilisée lors de la démodulation sur ordinateur ait toujours la
même phase à l’origine d’une mesure à l’autre, ce qui est bien le cas avec le programme
que nous utilisons pour le traitement informatique. Pour plus de simplicité, à partir de
maintenant on considère que cette phase électronique est nulle : φel = 0.

Finalement, toutes ces phases étant asservies, en effectuant un grand nombre de
mesures sur l’état de sortie, on a accès aux valeurs moyennes des quadratures X et Y
d’angle θ du signal situé dans la bande latérale unique〈

i(t) cos(Ωt)
〉
∝ 〈X+Ω, θ〉 et 〈i(t) sin(Ωt)〉 ∝ 〈Y+Ω, θ〉 (6.20)

4 La bande latérale unique et la porteuse ont une phase relative fixe.
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ainsi qu’aux variances

(
∆i(t) cos(Ωt)

)2

∝ (∆X+Ω, θ)
2 + 1 et

(
∆i(t) sin(Ωt)

)2

∝ (∆Y+Ω, θ)
2 + 1

(6.21)
où l’on rappelle que la variance pour le vide est égale à 1 avec nos conventions. La
présence d’une unité de bruit supplémentaire dans (6.21) est due à la bande latérale
vide à la fréquence −Ω. Des mesures préliminaires en continu et en régime impulsionnel
effectuées sans ensemble atomique ont permis de vérifier que la détection homodyne,
l’acquisition et le traitement informatique du photocourant fournissaient effectivement
les valeurs moyennes et les variances de l’état cohérent que l’on souhaite stocker dans
la mémoire [Cviklinski, 2008]. Nous avons aussi vérifié que pour un état cohérent de
très faible puissance (comportant typiquement de un à une dizaine de photons par
impulsion), la variance mesurée par cette méthode donnait la même valeur que pour le
bruit quantique standard, comme attendu pour un tel état cohérent.

A.4 Schéma expérimental et séquence temporelle

A.4.1 Schéma expérimental de l’expérience de mémoire

Le schéma du dispositif permettant de réaliser les expériences de stockage et resti-
tution d’un état cohérent dans une vapeur de césium est présenté figure 6.8.
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Le pompage des atomes dans le niveau 2 nécessaire pour l’EIT se fait avec les fais-
ceaux pompe et repompe polarisés circulairement σ+, produits par des diodes laser
en cavité étendue sur réseau, asservies par absorption saturée sur les transitions ap-
propriées du césium et fibrées. Des modulateurs acousto-optiques fonctionnant dans
l’ordre +1, placés sur le trajet de chaque faisceau, permettent d’allumer ou d’éteindre
ces champs de pompe et repompe. Le faisceau de pompe a une puissance d’environ
100 µW et le faisceau de repompe une puissance variant de 0,5 à 3,5 mW selon les
expériences.

Les champs contrôle et signal sont quant à eux produits par un laser titane-saphir
asservi par absorption saturée au voisinage de la transition F = 3 vers F ′ = 2. Ces
faisceaux, ainsi que ceux de pompe et de repompe ont, sauf mention contraire, un waist
de 7 mm au niveau de la cellule. Le contrôle a une polarisation σ+ lors de la traversée
des atomes. Sur son trajet de préparation, il fait un double passage dans un modulateur
acousto-optique. Lorsqu’on souhaite laisser passer le contrôle, le modulateur fonctionne
dans l’ordre 0. Quand on souhaite couper le faisceau de contrôle, on fait fonctionner
le modulateur dans l’ordre 1, ce qui décale la direction du faisceau de contrôle qui est
alors bloqué. Le taux d’extinction du faisceau de contrôle dans cette configuration est
de -24 dB (typiquement 80 µW de fuite pour une puissance de contrôle de 20 mW). Une
partie du faisceau issu du laser titane-saphir est prélevé et utilisé comme oscillateur
local pour la détection homodyne. Il a donc même fréquence que le faisceau de contrôle.

Le faisceau signal composé d’un état cohérent dans une bande latérale unique est
quant à lui produit par les deux modulateurs électro-optiques comme décrit dans la
section A.3.2. La fréquence de modulation est Ω

2π
= 1, 25 MHz pour l’ensemble des

expériences présentées dans ce chapitre, à l’exception des résultats présentés dans la
section B.2.3. Le champ magnétique dans le milieu atomique est ajusté de façon à ce
que la fréquence de Larmor soit la moitié de cette modulation, à savoir Ω

4π
= 625 kHz.

La porteuse du signal, qui a la même fréquence que le contrôle, est transmise par le
cube polarisant PBS 1 et vient interférer avec une faible fraction du faisceau de contrôle
réfléchie par ce même cube. Ces interférences sont mesurées par un ensemble de deux
photodiodes, et le signal obtenu est utilisé comme signal d’erreur pour contre-réagir
sur une cale piézo-électrique située sur un miroir du trajet du faisceau de contrôle et
ainsi asservir la phase relative contrôle-porteuse, et par conséquent la phase relative
contrôle-signal. Le signal en bande latérale unique traverse la cellule atomique avec
une polarisation circulaire σ− et est envoyé en sortie vers la détection homodyne après
traversée de deux cubes polariseurs faisant partie d’un système de 4 cubes (4 PBS sur
la figure). Les faisceaux de pompe, repompe et contrôle sont réfléchis par ce groupe
de 4 cubes et envoyés, avec une partie de l’oscillateur local vers deux photodiodes.
On obtient alors un signal qui permet, par rétroaction sur une cale piézo-électrique
située sur le trajet de l’oscillateur local, d’asservir la phase relative entre le contrôle
et l’oscillateur local. Notons que les faisceaux pompe et repompe perturbent peu cet
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asservissement car ils ne sont pas cohérents avec le faisceau du laser titane-saphir dont
sont issus le contrôle et l’oscillateur local. En fait, comme on l’a dit précédemment,
c’est l’asservissement de la phase relative entre l’oscillateur local et le signal qui est
importante. Mais un asservissement direct entre ces deux faisceaux n’est pas possible
car d’une part le faisceau signal est de trop faible puissance, et d’autre part on ne
souhaite pas rajouter de pertes sur ce faisceau. L’asservissement entre l’oscillateur local
et le signal se fait donc par l’intermédiaire du faisceau de contrôle et de la porteuse du
signal, ce qui explique la configuration mise en place.

Notons que pour la séparation des faisceaux avant la détection homodyne, il faudrait
utiliser en toute rigueur un seul cube polariseur au lieu d’un montage avec 4 cubes,
comme cela avait initialement été fait sur l’expérience [Cviklinski, 2008]. Cependant,
les cubes polariseurs que nous utilisons n’ont qu’un taux de réjection d’environ 30 dB.
Il s’en suit une faible fuite du faisceau de contrôle vers la détection homodyne, mais
suffisante pour créer un excès de bruit lors de l’expérience de mémoire comme on le
décrira plus loin. Nous avons donc décidé d’utiliser 2 cubes polariseurs en série afin
de mieux filtrer le faisceau de contrôle et d’atteindre un taux de réjection de 35 à 37
dB. Cependant, si on utilise seulement deux cubes, il ne reste plus assez de puissance
du faisceau de contrôle après le premier cube polariseur pour réaliser l’asservissement
de phase avec l’oscillateur local. Ce système de 4 cubes formant un carré permet de
résoudre le problème, la majeure partie de la puissance de contrôle réfléchie par le
premier cube étant renvoyée par deux autres cubes pour se recombiner avec l’oscillateur
local. Le seul problème de cette configuration est que l’asservissement de phase n’est
plus parfait entre l’oscillateur local et le signal, puisque le contrôle et le signal ne
suivent pas exactement le même chemin avant la recombinaison avec l’oscillateur local.
Cependant, les 4 cubes sont collés les uns aux autres et solidement fixés à leur support,
ce qui permet de réduire à un niveau négligeable les fluctuations de phase pendant la
durée d’une expérience (typiquement quelques secondes).

Enfin, le photocourant issu de la détection homodyne est envoyé vers la carte d’ac-
quisition dont les caractéristiques sont données dans la section A.4.2 du chapitre 2.
Après avoir été enregistré à 50 millions d’échantillons par seconde pendant une durée
typique de 50 µs, ce photocourant est démodulé à la fréquence f = Ω

2π
puis moyenné

sur n arches de sinusöıde (typiquement n = 2 ou 4), le tout avec une résolution en fré-
quence égale à f/n (typiquement 300 à 600 kHz pour f = 1, 25 MHz). Les expériences
de mémoire sont répétées un grand nombre de fois (typiquement entre 1000 et 4000
fois pour nos expériences), et les différents résultats utilisés pour mesurer les valeurs
moyennes et les variances des quadratures du signal comme expliqué à la section A.3.3.

A.4.2 Séquence temporelle utilisée

Pour que le système se comporte comme une mémoire quantique, il faut travailler
non pas en régime stationnaire, mais en régime séquentiel : une impulsion signal est
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créée, ses fluctuations quantiques sont enregistrées dans une cohérence Zeeman pendant
un certain temps, puis relues. La séquence temporelle utilisée pour les quatre faisceaux
intervenant dans l’expérience est présentée figure 6.8. Une première phase consiste
à allumer pendant environ 6 ms les faisceaux de pompe et de repompe de façon à
préparer le système atomique dans l’état désiré. Comme on l’a expliqué précédemment,
l’orientation atomique maximale (90 %) est atteinte après environ 2 ms de pompage.
Ensuite, ces deux faisceaux sont éteints 50 à 500 µs avant qu’une impulsion signal en
bande latérale unique ne soit produite, d’une durée comprise entre 1,6 et 10 µs environ
(entre 2 et 12 arches de sinusöıde pour une modulation à 1,25 MHz). Cette impulsion
signal est créée alors que le faisceau de contrôle était déjà allumé, ce qui fait que le milieu
atomique est déjà dans des conditions de transparence induite électromagnétiquement
(figure 6.9 (a)). Le signal entre alors dans la vapeur atomique et, grâce au phénomène
d’EIT (chapitre 7), il est fortement ralenti (figure 6.9 (b)) et ses fluctuations quantiques
sont transférées aux composantes transverses du spin collectif des atomes, comme on l’a
décrit à la section D.3.4 du chapitre 1. Ceci constitue l’étape d’écriture de la mémoire.
Une fois le signal comprimé dans la cellule et les fluctuations transférées, le champ de
contrôle est éteint et les fluctuations quantiques sont “sauvegardées” dans la cohérence
atomique entre les niveaux 1 et 2 (figure 6.9 (c)). C’est l’étape de stockage. Ensuite,
après un certain temps (4 à 40 µs) que l’on appellera par la suite le temps de stockage,
on rallume le champ de contrôle uniquement. On peut alors montrer [Dantan, 2005]
que les fluctuations quantiques du spin sont retransférées à la lumière et qu’on obtient
en sortie un signal à la même fréquence et avec la même polarisation que le signal initial
et ayant des propriétés quantiques similaires (figure 6.9 (d)). Ceci constitue l’étape de
relecture de la mémoire. Le signal arrive alors sur la détection homodyne où il est
mesuré avec un oscillateur local stationnaire puis enregistré sur la carte d’acquisition.
Le déclenchement de l’enregistrement sur la carte est synchronisé avec la production
du signal en bande latérale unique de façon à avoir une phase électronique fixe, comme
expliqué à la section A.3.3. Notons enfin que la durée totale d’une séquence est d’environ
8 ms, la majeure partie du temps étant consacrée à la préparation atomique du système.

Pour avoir une efficacité de lecture optimale, il faut adapter le mode temporel
de l’oscillateur local à celui du signal sortant de la mémoire [Dantan et al., 2006,
Gorshkov et al., 2007]. Cependant, l’utilisation d’un oscillateur local avec le même pro-
fil temporel que le signal engendrerait des signaux parasites au niveau de la mesure du
photocourant, comme cela a été étudié dans [Cviklinski, 2008]. On utilise par consé-
quent, et de manière équivalente, un oscillateur local constant et on démodule électro-
niquement avec un profil temporel adapté. Les détails de cette démodulation adaptée
et du gain qu’elle apporte sont présentés dans [Cviklinski, 2008].

Après avoir décrit le fonctionnement de l’expérience, les mesures de caractérisa-
tion du système atomique et les états quantiques qu’on souhaite enregistrer dans la
mémoire, nous allons présenter les résultats concernant le stockage d’un état cohérent.
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Fig. 6.9 – Représentation schématique du fonctionnement d’une séquence mémoire. (a)
Après avoir pompé les atomes dans le niveau 2, le champ de contrôle et l’impulsion signal
sont envoyés dans les atomes. (b) Le signal est ralenti dans la vapeur de césium par le
phénomène d’EIT engendré par le champ de contrôle, et les fluctuations du signal sont
transférées au spin collectif transverse des atomes. (c) Le champ de contrôle est alors
éteint et les informations quantiques sont stockées dans les fluctuations du spin collectif.
(d) Après un certain temps, le champ de contrôle est rallumé, ce qui crée de nouveau
une fenêtre d’EIT. Les fluctuations du spin sont transmises à la lumière qui ressort sous
forme d’un signal ayant les mêmes propriétés quantiques que le signal d’entrée.

B Stockage et restitution d’un état cohérent

Nous présentons dans cette section les expériences menées afin d’étudier les perfor-
mances de la mémoire quantique atomique réalisée dans une vapeur de césium. Dans
un premier temps, nous montrerons que la mémoire permet de stocker et restituer les
deux quadratures du champ signal de façon cohérente. Ensuite, nous nous intéresse-
rons à l’étude de l’efficacité de stockage en fonction de différents paramètres, comme
par exemple le désaccord à deux photons, la fréquence de modulation du signal en
bande latérale unique ou la puissance du champ de contrôle.

B.1 Stockage cohérent de deux quadratures du champ, sans
excès de bruit

L’état que l’on souhaite stocker est un état cohérent caractérisé par deux quadra-
tures orthogonales X et Y qui ne commutent pas et dont la variance est égale au bruit
quantique standard. Il s’agit de vérifier que la mémoire permet de restituer simulta-
nément les deux quadratures du champ et que cette restitution se fait sans ajout de
bruit. De plus, une autre caractéristique quantique importante est la phase de l’état.
On s’assurera donc qu’elle est égale en sortie à celle qu’on avait en entrée.
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B.1.1 Restitution des deux quadratures stockées

On peut voir sur la figure 6.10 la dépendance temporelle typique des valeurs moyennes
des quadratures X et Y du champ signal au cours d’une expérience de stockage de l’état
dans la mémoire et de sa restitution, pour un temps de stockage de 15 µs. Il est clair
d’après cette figure que notre système permet effectivement de bien restituer simulta-
nément deux quadratures orthogonales du champ qui ne commutent pas. Le premier
pic sur la figure, situé à environ 25 µs correspond à la fuite du champ signal à travers la
cellule, c’est-à-dire à la partie qui n’est pas enregistrée dans la mémoire. Le second pic,
situé à environ 43 µs est le signal relu, c’est-à-dire celui qui a été effectivement écrit
sur la cohérence atomique entre les niveaux 1 et 2, stocké, et relu lorsque le champ de
contrôle a été rallumé.
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Fig. 6.10 – Evolution des valeurs moyennes des quadratures X et Y du champ signal
pour une séquence mémoire constituée de 2000 réalisations de l’expérience. Paramètres :
température de la cellule : 40̊ C, diamètre des faisceaux : 14 mm, puissance du champ
de contrôle : 9,5 mW, temps de stockage : 15 µs, durée de l’impulsion signal : 4,8 µs (6
arches à 1,25 MHz), démodulation réalisée avec n = 2 arches de sinusöıde. Les flèches
indiquent la position du signal relu.

B.1.2 Variance de l’état de sortie

Après avoir mesuré les valeurs moyennes, nous nous sommes intéressés aux variances
de ces quadratures, pour la même expérience dont sont issues les courbes de la figure
6.10. Les résultats sont présentés pour la quadrature X sur la figure 6.11 avec une com-
paraison des résultats obtenus pour le champ signal ressortant de la mémoire et pour le
vide (obtenu en cachant les faisceaux signal et contrôle avant la détection homodyne).
Les mesures “sans soustraction” sur la figure, correspondent à un calcul direct de la
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variance pour le signal ressortant de la mémoire. Cependant, lors de la coupure et du
rallumage du champ de contrôle, la petite fuite résiduelle mentionnée précédemment
de ce champ vers la détection homodyne engendre un bruit parasite transitoire sur le
photocourant de la détection homodyne (comme on peut le voir vers 43 µs sur la figure
6.11 pour la quadrature X). Ceci est dû entre autre aux composantes de fréquences
autour de la fréquence de démodulation à 1,25 MHz liées au profil du champ de contrôle
lors de son allumage ou de sa coupure. Bien que s’effectuant “lentement” en 2 à 3 µs,
cette variation du champ est suffisamment rapide pour engendrer un parasite sur la
variance.
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Fig. 6.11 – Comparaison des variances pour la quadrature X du signal ressortant de
la mémoire et pour le vide, dans des conditions expérimentales identiques à celle ayant
fournies les courbes de la figure 6.10. Des résultats similaires, non représentés ici, sont
obtenus pour la quadrature Y . Les flèches indiquent la position du signal relu.

Pour remédier à ce problème, une seconde mesure de type mémoire est effectuée
environ 30 µs après la relecture du signal, en éteignant et rallumant uniquement le
champ de contrôle, sans signal. Le photocourant mesuré est soustrait point par point
au photocourant obtenu dans le cas d’une mesure avec signal, et le résultat obtenu est
utilisé pour mesurer les valeurs moyennes et les variances des quadratures du champ
signal. Dans le cas de la variance de la quadrature X, on peut voir le résultat obtenu
par cette méthode sur la figure 6.11 (mesure “avec soustraction”). On constate que
les parasites sont effectivement soustraits, mais que le bruit quantique standard est
multiplié par 2. Ceci est une conséquence normale venant du fait qu’on soustrait deux
photocourants quantiquement décorrélés (mais dont les parasites classiques sont corré-
lés). La variance de la soustraction des photocourants est alors égale à la somme des
variances de chaque photocourant, moins les parasites communs, comme on l’observe
sur les courbes expérimentales.

La comparaison des variances obtenues pour le signal et pour le vide nous montre
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que les niveaux de bruit sont similaires. Nous en déduisons que le processus de mémoire
se fait sans ajout de bruit, aux incertitudes de mesure près.

B.1.3 Restitution de la phase initiale en sortie

Le stockage et la restitution de l’état quantique s’effectuant par un processus d’EIT,
il doit y avoir préservation en sortie de la phase de l’état incident [Mair et al., 2002].
Ce qu’on appelle la phase du signal est la phase entre la bande latérale unique et
l’oscillateur local, qui nous sert de référence. Les phases optiques (contrôle - signal et
contrôle - oscillateur local) ainsi que les phases électroniques (générateur de signaux
- carte d’acquisition - sinusöıde de démodulation) étant asservies, si une différence de
phase apparâıt sur le signal entre le champ incident et le champ relu, cette différence
ne peut avoir eu lieu que pendant le temps de stockage dans la vapeur atomique. Or
pendant le stockage, le signal n’est plus sous forme de lumière, mais sous forme de
cohérence entre les niveaux 1 et 2 dans le schéma en Λ. Cette cohérence évolue, dans
le référentiel tournant à la fréquence de l’oscillateur local, au double de la fréquence
de Larmor ΩL. Le champ signal, s’il n’était pas enregistré dans la mémoire, évoluerait
à la fréquence Ω dans ce même référentiel. On en déduit donc qu’il n’y aura pas de
déphasage lors du processus de mémoire si la cohérence et le champ signal évoluent à
la même fréquence, c’est-à-dire si 2ΩL−Ω = ∆1−∆2 = δ = 0, ce qui correspond à un
désaccord à deux photons nul. Dans le cas contraire, on va observer un déphasage du
signal en sortie de la mémoire d’un angle ϕr − ϕi = (2ΩL − Ω)τ où τ est le temps de
stockage, ϕi la phase initiale du signal et ϕr la phase du signal relu.

Nous avons procédé à la mesure de la phase du signal en sortie de la mémoire en
fonction de la phase en entrée5 et nous avons pu vérifier que ces phases étaient égales
lorsque le désaccord à deux photons est nul. En changeant légèrement le courant par-
courant les bobines magnétiques tout en conservant la même fréquence de modulation
pour le signal, on crée un désaccord à 2 photons non nul. Dans ce cas, la phase du signal
en sortie est une fonction linéaire de la phase d’entrée, de pente unité et d’ordonnée à
l’origine égale à δτ . Nous avons effectivement obtenu une telle évolution expérimenta-
lement comme on peut le voir sur les données de la figure 6.12 (a) dont la régression
linéaire donne une pente de 0, 99± 0, 01 et l’ordonnée à l’origine vaut environ 1,05 rad,
en bon accord avec la valeur théorique pour un temps de stockage τ = 20 µs et un
désaccord δ = 2π×8 kHz. Nous avons ensuite exploré ce déphasage induit par un désac-
cord à deux photons pour différentes valeurs de δ, comme on peut le voir sur la figure

5 La phase est définie par arctan(〈Y 〉/〈X〉). Pour la phase en sortie, on se sert des valeurs moyennes
du type de celles de la figure 6.10. Pour le champ en entrée, on effectue une mesure de type mémoire,
mais en bloquant les faisceaux de pompe, de repompe et de contrôle, tout en décalant le signal de
1 GHz dans le rouge de la transition F = 3 vers F ′ = 2, ce qui fait que le signal ne voit plus d’atomes.
On procède de même pour toutes les mesures de ce manuscrit nécessitant de connâıtre l’état du champ
en entrée.
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6.12 (b). L’accord avec la théorie est très bon puisqu’on obtient expérimentalement
une droite de pente de 0, 124± 0, 001 rad/kHz pour une valeur théorique 2πτ = 0, 126
rad/kHz.
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Fig. 6.12 – (a) Phase du signal en sortie de la mémoire en fonction de la phase en entrée
pour un désaccord à deux photons δ = 2π×8 kHz. (b) Déphasage du signal entre l’entrée
et la sortie en fonction du désaccord à 2 photons. Paramètres : modulation du signal à la
fréquence Ω/2π = 1, 25 MHz et temps de stockage de 20 µs, autres paramètres identiques
à ceux de la figure 6.10.

On peut donc conclure que la phase est bien préservée entre l’état d’entrée et l’état
de sortie, ce qui fait de cette mémoire atomique un système permettant de réaliser le
stockage et la restitution de façon cohérente des deux quadratures d’un état quantique,
et ce sans ajout de bruit. Nous allons maintenant étudier en détail l’efficacité de la
mémoire en fonction des divers paramètres intervenant dans l’expérience.

B.2 Etude de l’efficacité de stockage de la mémoire

L’efficacité du stockage associée au bruit rajouté au cours du processus de mémoire
sont les deux ingrédients permettant d’estimer les performances quantiques du système
comme on le verra à la section D. Nous avons donc étudié l’efficacité de la mémoire
en fonction des différents paramètres intervenant dans l’expérience afin d’obtenir la
meilleure efficacité possible. Dans toute la suite du manuscrit, nous appellerons effica-
cité de stockage le ratio entre l’amplitude

√
〈X〉2 + 〈Y 〉2 de l’état sortant et l’amplitude

de l’état entrant.
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B.2.1 Efficacité en fonction du désaccord à 2 photons

La fenêtre d’EIT étant particulièrement sensible à un désaccord à deux photons,
nous avons étudié l’effet de δ sur l’efficacité de stockage. Les résultats sont présentés
sur la figure 6.13. On constate que le maximum d’efficacité est bien obtenu pour un
désaccord à deux photons nul et que l’efficacité décrôıt au fur et à mesure qu’on s’éloigne
de δ = 0, tout comme le fait le pic d’EIT (chapitre 7). Toutes les expériences présentées
dans la suite de ce manuscrit se feront par conséquent toujours pour un désaccord à
deux photons nul, c’est-à-dire que la fréquence de modulation pour produire la bande
latérale unique du signal correspondra à l’écartement Zeeman entre les niveaux 1 et 2
du schéma en Λ.
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Fig. 6.13 – Evolution de l’efficacité de stockage dans la mémoire en fonction du désaccord
à deux photons δ. Paramètres : température de la cellule : 40̊ C, puissance du champ de
contrôle : 9 mW, durée de l’impulsion signal : 6,4 µs (8 arches à 1,25 MHz), temps de
stockage : 20 µs, démodulation réalisée avec 2 arches de sinusöıde. La fenêtre d’EIT a une
largeur totale à mi-hauteur d’environ 140 kHz avec cette puissance de champ de contrôle.

B.2.2 Efficacité en fonction du désaccord à 1 photon

Nous nous sommes ensuite intéressés à l’évolution de l’efficacité de la mémoire en
fonction du désaccord à un photon, en l’occurrence le désaccord du champ de contrôle
par rapport à la transition F = 3 vers F ′ = 2, le désaccord à deux photons étant
maintenu nul. Nous avons effectué ces mesures avec deux cellules de césium paraffinées
différentes et pour des paramètres expérimentaux légèrement différents (voir la légende
de la figure 6.14). Dans les deux cas, nous avons observé une diminution rapide de
l’efficacité lorsque le champ de contrôle se rapproche des niveaux excités F ′ = 3 et
F ′ = 4, ce qui est d’une part conforme aux prédictions théoriques concernant le profil



B. Stockage et restitution d’un état cohérent 185
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Fig. 6.14 – Evolution de l’efficacité de stockage dans la mémoire en fonction du désaccord
à un photon du champ de contrôle ∆1 (négatif si le champ est dans le bleu de la transition
F = 3 → F ′ = 2). Paramètres pour la figure (a) : cellule paraffinée cubique, température
de la cellule : 36̊ C, puissance du champ de contrôle : 7 mW, diamètre des faisceaux :
14 mm, durée de l’impulsion signal : 4,8 µs (6 arches à 1,25 MHz), temps de stockage :
15 µs, démodulation réalisée avec 2 arches de sinusöıde. Paramètres de la figure (b) :
cellule paraffinée cylindrique, température de la cellule : 38̊ C, puissance du champ de
contrôle : 20 mW, diamètre des faisceaux : 12 mm, durée de l’impulsion signal : 4,0 µs
(5 arches à 1,25 MHz), temps de stockage : 8 µs, démodulation réalisée avec 2 arches de
sinusöıde.

d’EIT dans un schéma en Λ (chapitre 7), d’autre part logique vu que le rapprochement
du champ de contrôle des niveaux F ′ = 3 et F ′ = 4 conduit à vider la population des
sous-niveaux de F = 3. On peut voir cette diminution de l’efficacité sur la figure 6.14
(a), l’évolution pour la figure (b) est similaire pour ∆1 < 0 bien que non représentée.
Pour un champ de contrôle décalé dans le rouge de la transition F = 3 vers F ′ = 2,
la situation est plus complexe. Pour la première cellule (celle utilisée pour les autres
courbes présentées dans ce manuscrit), nous avons observé une diminution de l’efficacité
quand le désaccord augmente (figure 6.14 (a)). Avec la seconde cellule (qui par ailleurs
a donné des résultats similaires à la première cellule pour toutes les autres mesures de
ce manuscrit), nous avons au contraire observé une augmentation de l’efficacité quand
le désaccord augmente (figure 6.14 (b)). Ces mesures ont été répétées plusieurs fois
dans les deux cellules afin de vérifier qu’aucune erreur expérimentale ne s’était glissée
dans la mesure. Ce résultat peut parâıtre à première vue étrange, car pour un schéma
usuel d’EIT à 3 niveaux en Λ, on s’attend à ce que la transparence du milieu diminue
avec l’augmentation du désaccord et que par conséquent seuls les résultats de la figure
(a) soit corrects. Cependant, comme nous le verrons au chapitre 7, la transparence
induite électromagnétiquement sur la raie D2 du césium dans une vapeur s’éloigne très
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fortement de ce schéma à 3 niveaux à cause de l’effet conjugué des niveaux excités
F ′ = 3, F ′ = 4 et de l’élargissement Doppler. Pour certaines valeurs des paramètres de
l’expérience on peut avoir une augmentation de la transparence de la fenêtre d’EIT et
une augmentation de l’efficacité de stockage comme on le voit sur la figure (b). Nous
reviendrons plus en détail sur ces phénomènes au chapitre 7.

B.2.3 Efficacité en fonction de la fréquence de la BLU

Le principal aspect qui différencie notre système des deux premières mémoires quan-
tiques réalisées par EIT [Honda et al., 2008], [Appel et al., 2008] est que le signal est
constitué d’une bande latérale unique à enregistrer et que la fenêtre d’EIT est centrée
sur ce signal (figure 6.6 (c)). Par conséquent, cette mémoire est capable d’enregistrer
avec une efficacité à peu près constante une bande latérale dont la fréquence varie sur
une large gamme, comme on l’a vérifié expérimentalement (figure 6.15 (a)). Il suffit
pour cela d’ajuster la position de la fenêtre d’EIT en changeant la fréquence de Larmor
ΩL afin que le désaccord à deux photons soit toujours nul, et ce tout en gardant une
fenêtre de transparence de largeur constante.
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Fig. 6.15 – (a) Efficacité de stockage en fonction de la fréquence du signal en bande
latérale unique, pour un désaccord à deux photons nul. Paramètres : température de la
cellule : 40̊ C, temps de stockage : 15 µs, puissance du champ de contrôle : 30 mW, durée
de l’impulsion signal : 4,8 µs (6 arches à 1,25 MHz). (b) Comparaison des efficacités de
stockage pour un signal en bande latérale unique (6 arches à 1,25 MHz) avec une fenêtre
d’EIT centrée sur ce signal (¥) et pour un signal formé de deux bandes symétriques
(2 arches à 400 kHz) avec une fenêtre d’EIT centrée entre les deux (•). Paramètres :
température de la cellule : 50̊ C, temps de stockage : 15 µs. Dans ces expériences, la fenêtre
d’EIT a une largeur totale à mi-hauteur qui évolue à peu près linéairement, valant environ
1 MHz pour 40 mW de contrôle et 3 MHz pour 100 mW.
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Ceci offre une plus grande flexibilité et une plus grande efficacité que si l’on devait
stocker deux bandes latérales symétriques en utilisant une seule fenêtre d’EIT (figure
6.6 (a)). Nous avons vérifié cela expérimentalement en comparant les efficacités de
stockage pour un signal sous forme d’une bande latérale unique et pour un signal
constitué de deux bandes latérales symétriques séparées de 800 kHz, enregistrées dans
une seule fenêtre d’EIT centrée au milieu des deux bandes (figure 6.15 (b)). L’efficacité
de stockage dans le second cas est effectivement très petite comparée au premier cas,
bien que la largeur de la fenêtre d’EIT soit d’au moins 1 MHz pour les champs de
contrôle utilisés, soit plus que les 800 kHz d’écart entre les deux bandes latérales.

B.2.4 Efficacité en fonction de la puissance du champ de contrôle

Nous avons étudié l’influence de la puissance du champ de contrôle sur l’efficacité de
la mémoire étant donné qu’elle joue un rôle important dans le profil d’EIT (chapitre 7)
et pour l’efficacité d’écriture et de lecture de la mémoire [Dantan et al., 2006]. Nous
avons tout d’abord mesuré l’efficacité de stockage en fonction de la puissance du champ
de contrôle lorsque celui-ci est coupé et rallumé progressivement, c’est-à-dire avec un
temps de montée et de descente d’environ 3 µs. Les résultats sont présentés sur la figure
6.16 (a). L’impulsion signal a une durée de 4,8 µs et le temps de stockage est de 15 µs.
On constate que l’efficacité augmente avec la puissance de contrôle pour atteindre son
maximum pour environ 15 mW de contrôle avant de diminuer progressivement.
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Fig. 6.16 – Evolution de l’efficacité de stockage en fonction de la puissance du champ
de contrôle. Paramètres communs aux deux figures : température de la cellule : 40̊ C,
diamètres des faisceaux de 14 mm et démodulation réalisée avec 2 arches de sinusöıde.
Paramètres de la figure (a) : temps de stockage de 15 µs, champ de contrôle coupé et
rallumé progressivement, durée de l’impulsion signal : 4,8 µs (6 arches à 1,25 MHz).
Paramètres de la figure (b) : temps de stockage de 4 µs, champ de contrôle coupé et
rallumé abruptement, durée de l’impulsion signal : 1,6 µs (2 arches à 1,25 MHz).
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Comme nous allons le voir à la section B.2.6, l’efficacité de stockage augmente quand
on diminue le temps de mémoire. Pour atteindre des temps de stockage assez courts,
par exemple 4 µs, il est nécessaire de couper le champ de contrôle de façon plus abrupte.
Nous avons étudié l’évolution de l’efficacité de stockage dans ce cas pour un faisceau de
contrôle ayant un temps de montée et de descente d’environ 1 µs, et pour une impulsion
signal plus courte, à savoir 1,6 µs (figure 6.16 (b)). Les puissances de contrôle utilisées
sont beaucoup plus importantes que pour les résultats de la figure (a) afin d’adapter les
efficacités d’écriture et de lecture à la durée du champ signal [Dantan et al., 2006]. On
constate que dans ce cas l’efficacité de stockage augmente toujours avec la puissance
du champ de contrôle. Nous n’avons pas pu voir si l’efficacité chute quand on augmente
encore plus la puissance du contrôle étant donné que la puissance totale disponible en
sortie du laser titane-saphir nous limitait à 150 mW pour le champ de contrôle.

B.2.5 Efficacité en fonction de la puissance du champ de repompe

Bien qu’intervenant uniquement pendant la phase de préparation du système ato-
mique, nous avons remarqué que la puissance du champ de repompe avait une influence
sur l’efficacité de stockage dans la mémoire, comme on peut le voir sur la figure 6.17.
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Fig. 6.17 – Evolution de l’efficacité de stockage en fonction de la puissance du champ de
repompe. Paramètres : température de la cellule : 40̊ C, diamètres des faisceaux : 14 mm,
temps de stockage : 4 µs, champ de contrôle de 146 mW coupé et rallumé abruptement,
durée de l’impulsion signal : 1,6 µs (2 arches à 1,25 MHz), démodulation réalisée avec 2
arches de sinusöıde.

On constate tout d’abord que si on diminue la puissance de repompe, l’efficacité de
stockage diminue. Ceci s’explique simplement par le fait qu’à faible puissance de re-
pompe, les atomes dépompés de F = 3 par les autres faisceaux, notamment le champ
de contrôle, tombent dans le niveau F = 4 et ne sont pas renvoyés en quantité suffisante
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vers F = 3 et ne peuvent plus participer au schéma d’interaction en Λ. En d’autres
termes, l’épaisseur optique du milieu n’est pas assez importante.

D’un autre côté, on remarque aussi que l’efficacité de stockage semble diminuer
si la puissance du champ de repompe dépasse une certaine valeur optimale, comprise
pour nos expériences entre 2 et 3 mW pour un faisceau de 14 mm de diamètre (2,8
mW pour les résultats de la figure 6.17). Ceci est assez paradoxal étant donné qu’on
s’attend à ce que l’épaisseur optique augmente avec la puissance du champ de repompe
et améliore ainsi l’efficacité de stockage, jusqu’à une certaine valeur correspondant à la
saturation de la transition sur laquelle agit la repompe. L’efficacité de stockage peut
éventuellement atteindre un plateau à trop forte puissance du champ de repompe,
mais on ne s’attend pas a priori à ce qu’elle diminue. En fait, comme on le verra au
chapitre 7, à cause des niveaux excités et de l’élargissement Doppler des raies, la fenêtre
d’EIT a une transparence qui diminue lorsque les atomes ayant des vitesses importantes
participent au processus. Nous pensons qu’une forte puissance de repompe favorise le
retour dans F = 3 de tels atomes dégradant par conséquent l’allure de la fenêtre EIT
et les performances de la mémoire.

On notera que nous n’avons pas étudié l’efficacité de la mémoire en fonction de la
puissance du champ de pompe étant donné que ce champ ne joue quasiment aucun
rôle dans le processus. En effet, le champ de contrôle étant allumé tout le temps sauf
pendant la phase mémoire, il joue le rôle de pompe pour la préparation atomique.

B.2.6 Efficacité en fonction de la durée de la mémoire

Comme expliqué précédemment, l’utilisation d’une cellule avec un revêtement de
paraffine permet d’obtenir des durées de vie atomiques assez importantes. Ces valeurs
étant un facteur limitant pour la durée de vie de la mémoire, nous avons étudié l’évolu-
tion de l’efficacité de stockage en fonction du temps de stockage pour voir si les résultats
expérimentaux confirment la valeur mesurée pour T2. Les résultats sont présentés sur
la figure 6.18.

On voit très nettement que l’efficacité mémoire diminue avec le temps de stockage,
avec une constante de temps d’environ 10 µs, ce qui est un ordre de grandeur plus
petit que la durée de vie T2 de la cohérence entre les sous-niveaux Zeeman qui vaut,
pour une fréquence de Larmor égale à 2π × 625 kHz, environ 300 µs. D’où vient cette
différence importante ?

L’hypothèse la plus probable pour expliquer ce phénomène nous a été proposée
par Daniel Felinto. L’idée est que la relaxation de la cohérence entre sous-niveaux
Zeeman plus rapide que prévue provient sûrement des fuites du champ de contrôle
et de la porteuse du signal lors de la phase de stockage. En effet, comme on l’a dit
précédemment, avec le dispositif que nous utilisons, une fraction de l’ordre de -24 dB
du champ de contrôle continue de traverser les atomes une fois ce champ coupé, alors
que dans une mémoire “parfaite” ce champ devrait être complètement éteint. Il en est
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Fig. 6.18 – Evolution de l’efficacité de stockage en fonction du temps de stockage. Pa-
ramètres communs : température de la cellule : 40̊ C, diamètre des faisceaux : 14 mm.
Paramètres des points • : champ de contrôle de 9,5 mW coupé et rallumé progressive-
ment, durée de l’impulsion signal : 6,4 µs (8 arches à 1,25 MHz). Paramètres du point
¥ : champ de contrôle de 146 mW coupé et rallumé abruptement, durée de l’impulsion
signal : 1,6 µs (2 arches à 1,25 MHz).

de même pour la porteuse du champ signal qui est rejectée par le cube polariseur PBS 1
(figure 6.8) mais une fraction de l’ordre de -20 dB poursuit son chemin vers la cellule
de césium.

Pour quantifier l’effet de ces fuites, nous allons reprendre les équations d’inter-
action lumière-matière d’un système à 3 niveaux en Λ (1.102 - 1.107) pour les valeurs
atomiques moyennes, en faisant les hypothèses suivantes : tous les atomes sont pompés
dans le niveau 2, le désaccord à 1 photon pour le contrôle est nul, ∆1 = 0, le désaccord
à deux photons correspond à l’écartement Zeeman entre les niveaux 1 et 2 puisque le
champ de contrôle et la porteuse du signal ont la même fréquence, soit δ = 2π × 1, 25
MHz, la cohérence entre les niveaux 1 et 2 σ̃21 vaut σ0 à l’instant t = 0 tandis que les
cohérences σ̃13 et σ̃23 sont initialement nulles. L’instant t = 0 correspond au moment
où l’on coupe le champ de contrôle qui est aussi le début de la période de stockage. De
plus, les cohérences σ̃13 et σ̃23 évoluent avec un temps caractéristique de l’ordre de 1

Γ

beaucoup plus rapide que le temps caractéristique de l’évolution de σ̃21 qui est environ
1

Γ21
≈ 104

Γ
. On va donc faire l’approximation adiabatique qui revient à écrire ∂σ̃13

∂t
= 0

et ∂σ̃23

∂t
= 0 dans les équations d’évolution. Avec ces hypothèses, les équations (1.105 -
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1.107) deviennent

0 = −Γ

2
σ̃13 + iΩ2σ̃

†
21 (6.22)

0 = −
(

Γ

2
+ i∆2

)
σ̃23 + iΩ2 + iΩ1σ̃21 (6.23)

∂σ̃21

∂t
= −(Γ21 + i∆2)σ̃21 + iΩ∗

1σ̃23 − iΩ2σ̃
†
13 (6.24)

où le champ de contrôle et la porteuse du signal sont désignés par leurs pulsations de
Rabi respectives Ω1 et Ω2. On en tire une équation différentielle du premier ordre pour
σ̃21

∂σ̃21

∂t
= −

Γ21

(
Γ2

4
+ ∆2

2

)
+ |Ω1|2 Γ
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2∆2

2

Γ

)

Γ2

4
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∆2

(
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4
+ ∆2
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)
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4
+ ∆2

2

σ̃21 −
Ω∗

1Ω2

(
Γ
2
− i∆2

)
Γ2

4
+ ∆2

2

(6.25)

On en déduit que le module de σ̃21(t) décrôıt exponentiellement avec une constante de
temps environ égale à

τd =
Γ2

4
+ ∆2

2

Γ21

(
Γ2

4
+ ∆2

2

)
+ |Ω1|2 Γ

2
+ |Ω2|2

(
Γ
2

+
2∆2

2

Γ

) (6.26)

Expérimentalement, on a Γ = 2π × 5, 23 MHz, Γ21 ≈ 2π × 550 Hz ≈ 1, 1.10−4 Γ,
une fuite de champ de contrôle de 40 µW à 400 µW pour un champ compris entre
10 et 100 mW sur un diamètre de 14 mm, soit une fuite telle que |Ω1| soit compris
entre 1, 2.10−2 Γ et 3, 7.10−2 Γ et une fuite de la porteuse du signal de 30 µW soit une
pulsation de Rabi de 4, 0.10−2 Γ. Le calcul donne τd = 8, 6 µs pour une fuite de contrôle
de 40 µW et τd = 5, 5 µs pour une fuite de contrôle de 400 µW. On constate que ces
valeurs sont très proches des 10 µs observées expérimentalement.

Cette étude théorique donne des résultats qui semblent expliquer de façon assez
pertinente la rapide décroissance de l’efficacité de la mémoire qu’on a observée expéri-
mentalement. Pour augmenter cette durée de vie de la mémoire, il faudrait supprimer
ces fuites. Pour le contrôle, on peut mettre le modulateur acousto-optique dans l’ordre
0 lorsqu’on souhaite couper le champ et dans l’ordre 1 quand on veut ouvrir la fe-
nêtre d’EIT. En ce qui concerne le signal, il faut couper la porteuse durant la phase
de mémoire. Ceci peut se faire soit à l’aide d’un modulateur acousto-optique, soit avec
un système de découpage mécanique du faisceau, soit à l’aide d’un interféromètre de
Mach-Zehnder fibré dont le fonctionnement est commandé électroniquement.
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atomique

Finalement, nous avons obtenu une efficacité de stockage maximale pour la mémoire
de 10 % sans ajout de bruit. Une efficacité de 21 % a été obtenue avec un champ de
contrôle de plus de 100 mW coupé et rallumé abruptement pour une durée de stockage
de 4 µs, mais dans ce cas on observe un excès de bruit lorsqu’on calcule la variance, et
ce même avec la technique de soustraction du bruit classique présentée précédemment.
Nous allons maintenant présenter un peu plus en détail cet excès de bruit.

C Etude du bruit ajouté sur le signal relu à forte

puissance du champ de contrôle

Pour obtenir de meilleures efficacités à temps de stockage court, nous avons aug-
menté la puissance du champ de contrôle et diminué son temps de montée et de des-
cente. Ceci a permis d’augmenter de façon assez importante l’efficacité mais il est
apparu des pics de bruit très supérieurs au bruit quantique standard dans la variance
des quadratures du champ signal en sortie. On peut voir un exemple d’un tel phéno-
mène sur la figure 6.19 pour la quadrature X du signal, les effets sur la quadrature Y
étant similaires.
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Fig. 6.19 – Exemple de bruit parasite restant sur la variance du signal en sortie après
la méthode de soustraction lors de la coupure et du rallumage du champ de contrôle à
forte puissance. Paramètres : température de la cellule : 40̊ C, diamètres des faisceaux :
14 mm, puissance du champ de contrôle : 70 mW, temps de montée et de descente du
champ de contrôle : 1 µs, durée de l’impulsion signal : 1,6 µs (2 arches à 1,25 MHz). Les
flèches indiquent le moment où le générateur de signal commence à couper ou rallumer
le champ de contrôle, ce qui explique que les pics de bruit sont situés environ 500 ns plus
loin, là où la pente de la variation de puissance est maximale. La variance est normalisée
au bruit quantique standard qui vaut 1.
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On constate que ces pics de bruit apparaissent uniquement pendant les phases tran-
sitoires du champ de contrôle, quand on l’allume ou qu’on l’éteint. La méthode de
soustraction des parasites classiques présentée dans la section précédente permet de
diminuer un peu cet excès de bruit, mais pas suffisamment. Nous allons dans cette sec-
tion essayer de mieux comprendre l’origine de cet excès de bruit et voir quelles valeurs
des paramètres de l’expérience permettent de le diminuer. Toutes les courbes de bruit
présentées dans cette partie correspondent à la variance de la quadrature X normali-
sée au bruit quantique standard, après utilisation de la méthode de soustraction des
parasites.

C.1 Bruit en fonction de la puissance du champ de contrôle

Nous avons dans un premier temps regardé comment évolue l’excès de bruit sur la
variance en fonction de la puissance du champ de contrôle utilisé, les autres paramètres
étant constants (figure 6.20). On constate qu’en dessous de 30 mW environ, on n’a pas
observé d’excès de bruit. Par conséquent, toutes les mesures de la section précédente
ne présentent pas d’excès de bruit (du moins après la méthode de soustraction des
parasites classiques), à l’exception de l’efficacité de 21 % obtenue pour une puissance
de contrôle de 146 mW ainsi que les résultats de la figure 6.16 (b). Nous avons aussi
constaté que l’excès de bruit est plus important lorsqu’on coupe de façon abrupte le
champ de contrôle (en 1 µs environ) par rapport à une coupure progressive (environ
3 µs).
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Fig. 6.20 – Excès de bruit de la variance de la quadrature X du signal en sortie normalisée
au bruit quantique standard, en fonction de la puissance du champ de contrôle lors d’une
coupure et d’un rallumage rapide de ce champ. Paramètres : identiques à ceux de la figure
6.19.
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Une des explications de cet excès de bruit provient de la légère fuite du champ de
contrôle vers la détection homodyne. Lorsque le champ de contrôle est coupé et rallumé
brutalement, cette fuite provoque une variation rapide de la puissance vue par les pho-
todiodes de la détection homodyne, ce qui se traduit par des composantes fréquentielles
parasites autour de 1,25 MHz qui est la fréquence à laquelle nous démodulons ensuite le
photocourant. Cet excès de bruit est d’autant plus fort que la coupure est rapide, ce qui
semble confirmer cette hypothèse. En théorie, la soustraction des photocourants issus
des deux photodiodes de la détection homodyne devrait supprimer cet excès de bruit
s’il est d’origine classique. En pratique, le taux de réjection des fluctuations classiques
par la détection homodyne est d’environ 35 dB autour de 1 MHz, ce qui n’est peut-être
pas suffisant. De meilleurs taux de réjection peuvent être obtenus en optimisant les
montages électroniques de photodétection (plus de 80 dB de réjection ont été obtenus
expérimentalement [Wenger, 2004]). Nous avons tenté de réduire un peu l’excès de bruit
en ajoutant des filtres passe-bas coupant aux alentours de 1,5 à 2 MHz sur les voies
hautes fréquences des montages photodétecteurs. Ceci a permis d’améliorer légèrement
l’excès de bruit (gain de l’ordre de la dizaine de pourcent), mais pas suffisamment.

Dans une première version de l’expérience, la séparation entre le champ signal et
le champ de contrôle était effectuée par un unique cube polariseur [Cviklinski, 2008].
Ceci conduisait à des fuites de champ de contrôle de l’ordre de -30 dB de la puissance
incidente. Nous avons amélioré le dispositif tout en préservant un asservissement de
phase contrôle-oscillateur local très stable en utilisant le dispositif de 4 cubes polariseurs
présenté à la section A.4.1. Ce dispositif a permis de réduire la fuite entre -35 et -37
dB de la puissance incidente et de gagner environ un facteur 2 sur l’excès de bruit. On
pourrait alors penser qu’une meilleure réjection serait possible en filtrant encore plus
le champ de contrôle, par exemple en utilisant un prisme de Glan. En pratique, on a
constaté que la fuite résiduelle avait la même polarisation que le champ signal, même
après avoir bien optimisé la polarisation du champ de contrôle qui sort de la cellule
à l’aide d’une lame quart d’onde suivie d’une lame demi-onde. Il semble donc que le
problème soit plus complexe qu’une simple fuite du champ de contrôle non-filtrée à
cause d’un cube imparfait et que le champ de contrôle sortant de la mémoire ait une
composante de polarisation parallèle à celle du signal.

C.2 Fuite en fonction de la puissance du champ de contrôle

A priori, si la fuite du champ de contrôle vers la détection homodyne est uniquement
liée à la puissance de ce champ et à l’imperfection du cube polariseur permettant de le
réjecter, on devrait avoir une variation linéaire de cette fuite en fonction de la puissance
du champ de contrôle. Pour vérifier cela, nous avons envoyé uniquement le champ de
contrôle dans la cellule, en régime stationnaire, résonant avec la transition F = 3
vers F ′ = 2, en absence des champs de repompe et de pompe. Ceci revient à n’avoir
plus d’atomes dans F = 3 puisque le champ de contrôle les dépompe dans F = 4.
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On obtient effectivement une fuite linéaire avec la puissance du champ de contrôle,
comme on peut le voir sur la figure 6.21 (points •). Cependant, lorsqu’on se place dans
la configuration utilisée pour la mémoire, c’est-à-dire en pompant les atomes dans le
sous-niveau mF = +3 de F = 3, on observe que la fuite du champ de contrôle n’est plus
linéaire avec la puissance de ce champ (figure 6.21, points ¥ obtenus après optimisation
de la fuite avec des lames demi-onde et quart d’onde avant les cubes polariseurs). On a
pour des puissances de contrôle allant jusqu’à 80 mW environ une variation plus rapide
que linéaire puis, pour des puissances supérieures, une variation linéaire. Ceci tendrait
à prouver qu’en plus de la fuite due à l’imperfection des cubes polariseurs, il existe une
interaction du champ de contrôle avec les atomes qui produit une fuite supplémentaire.
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Fig. 6.21 – Comparaison de la fuite du champ de contrôle vers la détection homodyne
en fonction de sa puissance, en l’absence des champs de pompe et de repompe, donc
en l’absence d’interaction champ de contrôle - atomes (points •) et en présence des
champs de pompe et repompe (points ¥). La courbe de régression linéaire correspond
aux points sans les champs de pompe et repompe. Paramètres : température de la cellule :
40̊ C, contrôle continu, diamètre des faisceaux : 14 mm, puissance de repompe : 2,6 mW,
puissance de pompe : 100 µW, pas de faisceau signal.

Puisqu’il semble qu’une partie de la fuite du contrôle et du bruit engendré est dû
à un effet d’interaction du champ de contrôle avec les atomes, il est intéressant de
faire varier la séquence temporelle utilisée pour la mémoire (ce qui va faire varier la
préparation atomique) et d’étudier son influence sur l’excès de bruit observé.
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C.3 Bruit en fonction de la forme de la séquence temporelle

Nous avons étudié l’influence sur l’excès de bruit de la forme de la séquence tempo-
relle utilisée pour effectuer la soustraction de bruit lors du traitement informatique des
données (section B.1.2). La séquence utilisée initialement sur l’expérience est présentée
figure 6.22 (a) : la séquence “mémoire” sans champ signal servant à la soustraction de
l’excès de bruit est réalisée 30 µs après la séquence mémoire avec signal, en utilisant
“les mêmes atomes” pour les deux séquences mémoire. On appelle cette configuration
la séquence (a). Nous avons ensuite testé une séquence symétrique présentée sur la
figure 6.22 (b) : la séquence “mémoire” sans champ signal et la séquence avec signal
sont parfaitement identiques et sont réalisées en alternance, les atomes étant repompés
dans mF = +3 de F = 3 pour chaque séquence. Nous appelons cette configuration la
séquence (b).
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Durée totale de la séquence (b)

Mémoire
avec signal

"Mémoire"
sans signal
pour soustraction

Séquence (b)

30 µs

Fig. 6.22 – Les deux types de séquences utilisées pour effectuer la soustraction du bruit
provoqués par la coupure et le rallumage du champ de contrôle. Pour la séquence (a) la
mesure pour la soustraction se fait environ 30 µs après la mesure de mémoire, avec la
même configuration atomique. Pour la séquence (b) la phase de mesure pour la soustrac-
tion est similaire à la phase de mesure mémoire, le système étant à chaque fois préparé
dans une nouvelle configuration atomique à l’aide des faisceaux pompe et repompe.

Nous avons alors réalisé des expériences de stockage d’un état cohérent comme
présenté précédemment et étudié l’excès de bruit sur la quadrature X du champ signal
en sortie pour une forte puissance de contrôle, en faisant varier la durée totale de la
séquence (ce qui revient à pomper pendant plus ou moins longtemps les atomes dans
le bon sous-niveau). Les résultats pour les séquences type (a) et (b) sont présentés
figure 6.23. On constate clairement que la séquence (a) induit moins d’excès de bruit
sur le signal relu que la séquence de type (b). Ceci est une preuve supplémentaire que
l’excès de bruit observé a une composante provenant d’une interaction contrôle-atomes,
puisque la seule différence entre les séquences type (a) et (b) est la préparation ou non
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d’une nouvelle configuration atomique. On peut en effet considérer que dans la séquence
(a), les atomes qui interagissent avec le champ de contrôle lors de la phase mémoire avec
signal et lors de la phase “mémoire” sans signal sont sensiblement les mêmes (mêmes
positions et mêmes vitesses) étant donné que les deux phases sont séparées de 30 µs
et que le temps moyen d’un aller simple dans la cellule pour un atome est d’environ
150 µs à 40̊ C. On peut par conséquent presque considérer la configuration atomique
(positions des atomes, vitesses) comme “figée” dans la séquence (a) alors que ce n’est
pas le cas dans la séquence (b) puisqu’il y a une étape supplémentaire de pompage
des atomes et un délai beaucoup plus important entre la mémoire avec le signal et la
“mémoire” sans le signal.
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Fig. 6.23 – Comparaison de l’excès de bruit en fonction de la durée de la séquence de
préparation pour la séquence type (a) (points •) et la séquence type (b) (points ¥).
Paramètres : température de la cellule : 40̊ C, diamètre des faisceaux : 14 mm, puissance
du champ de contrôle : 100 mW, contrôle coupé de façon progressive (environ 3 µs), durée
de l’impulsion signal : 1,6 µs (2 arches à 1,25 MHz). La durée de la séquence indiquée
en abscisse correspond à la durée totale pour la séquence de type (a) et à la moitié de la
durée totale pour la séquence (b) indiquée figure 6.22.

Nous avons finalement conservé la séquence de type (a) initialement utilisée sur
l’expérience puisque c’est celle qui permet d’avoir le moins d’excès de bruit.

C.4 Bruit en fonction du délai entre la coupure de la repompe
et du contrôle

Nous nous sommes ensuite intéressés à l’influence sur l’excès de bruit du délai entre
le moment où le champ de repompe est coupé et le moment où la séquence de stockage
commence, c’est-à-dire le moment où l’on coupe le champ de contrôle. Les résultats
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sont présentés sur la figure 6.24. Ce délai a principalement pour effet de faire varier le
nombre d’atomes intervenant dans le processus de mémoire et en particulier le nombre
d’atomes possédant des classes de vitesse rapide. En effet, le champ de contrôle étant
allumé pendant la phase de préparation des atomes, il y a une compétition entre le
contrôle qui dépompe les atomes et le champ de repompe qui les remet dans le bon
niveau hyperfin. Une fois la repompe éteinte, le contrôle va dépomper progressivement
les atomes vers le niveau F = 4 où ils n’interviennent plus dans le processus de mémoire.
Mais le champ de contrôle va surtout dépomper les atomes rapides qui vont être plus
facilement résonants avec les niveaux excités F ′ = 3 et F ′ = 4, les atomes plus lents
restant majoritairement dans mF = +3 de F = 3.
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Fig. 6.24 – Variation de l’excès de bruit sur le signal relu en fonction du délai entre la
coupure du champ de repompe et la coupure du champ de contrôle. Paramètres identiques
à ceux de la figure 6.23.

On constate sur la figure 6.24 que le bruit diminue avec le délai entre la coupure
du champ de repompe et la coupure du contrôle, ce qui semble indiquer que les atomes
rapides engendreraient plus de bruit parasite à cause du contrôle que les atomes plus
lents ou alors que le bruit augmente avec le nombre d’atomes dans la cellule. On a
donc tout intérêt pour la mémoire à rendre ce délai le plus grand possible. Mais il ne
faut pas non plus qu’il soit trop grand sinon on va progressivement perdre tous les
atomes et avoir une efficacité de mémoire très faible. Expérimentalement, l’optimum
efficacité/bruit est atteint pour un délai compris entre 400 et 500 µs.

C.5 Bruit après optimisation des paramètres

Les mesures de d’excès de bruit de la figure 6.20 avaient été prises au début de cette
étude, avant d’avoir optimisé les différents paramètres intervenant dans l’expérience.
Nous avons refait ces mesures de bruit une fois tous les paramètres optimisés selon
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les observations des paragraphes précédents, et nous les avons comparées aux mesures
initiales. Les résultats sont présentés sur la figure 6.25. On obtient finalement un gain
d’un facteur 3 à 10 sur l’excès de bruit mais on ne parvient cependant pas à atteindre
le bruit quantique standard pour les fortes puissances de champ de contrôle qui nous
ont permis d’obtenir une efficacité de 21 % de stockage dans la mémoire.
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Fig. 6.25 – Comparaison de l’excès de bruit en fonction de la puissance du champ de
contrôle avant (•) et après (¥) optimisation des différents paramètres intervenant sur
l’expérience. Configuration identique à ceux de la figure 6.19.

C.6 Excès de bruit en régime stationnaire

Jusqu’à présent, nous avons étudié les pics de bruit observés sur la variance du
signal relu lorsque le champ de contrôle est coupé et rallumé rapidement. Cependant, à
très forte puissance de contrôle, au-delà de 70 mW environ6 pour un faisceau de 14 mm
de diamètre, nous avons observé une légère augmentation de la variance du signal en
régime stationnaire, c’est-à-dire en dehors des périodes de transitions du champ de
contrôle. Cet excès de bruit supplémentaire n’apparâıt que quand le champ de contrôle
est allumé et en présence du champ de repompe (c’est-à-dire s’il y a des atomes dans
le sous-niveau mF = +3 de F = 3). Nous obtenons environ 15 % d’excès de bruit pour
un champ de contrôle de 100 mW. Nous avons étudié cet excès de bruit en régime
stationnaire, sans champ signal, en branchant un analyseur de spectre à la sortie de
la détection homodyne et en comparant le spectre de bruit obtenu au bruit quantique
standard. Comme on peut le voir sur la figure 6.26 (a) on observe effectivement un
excès de bruit large bande autour de 1,25 MHz (égal à l’écartement Zeeman entre les
niveaux 1 et 2, le signal étant éteint pour cette expérience), cet excès de bruit valant

6 Pour des puissances inférieures, nous n’avons pas mesuré d’excès de bruit en régime stationnaire.
S’il reste un tel effet, il est inclus dans l’incertitude sur la mesure de la variance qui est d’environ 2 %.
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entre 0,7 dB et 0,8 dB à 1,25 MHz, en bon accord avec les 15 % d’excès de bruit trouvés
lors de l’expérience de mémoire. On voit aussi sur cette figure que l’excès de bruit à
des fréquences supérieures à 1,25 MHz est plus faible. On pourrait alors croire qu’il
suffit d’augmenter le champ magnétique créant l’écartement entre les sous-niveaux 1 et
2 utilisés pour l’expérience de mémoire et de moduler-démoduler le signal stocké à une
fréquence plus grande pour échapper à cet excès de bruit. Nous avons par conséquent
augmenté la fréquence de Larmor à 1,25 MHz (soit un écartement Zeeman de 2,5
MHz) et effectué une nouvelle mesure du bruit en régime stationnaire. Comme on peut
le voir sur la figure 6.26 (b), il apparâıt à ce moment-là un excès de bruit large bande
important autour de la fréquence 2,5 MHz. Ceci prouve que ce bruit provient d’une
interaction entre le champ de contrôle et le système atomique et produit un excès de
bruit résonant avec la transition mF = +3, F = 3 → mF ′ = +2, F ′ = 2.
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Fig. 6.26 – Bruit observé en présence des champ de contrôle et de repompe, en régime
stationnaire, sans champ signal, mesuré à la sortie de la détection homodyne avec un
analyseur de spectre (résolution en fréquence : 30 kHz, filtre vidéo : 100 Hz). L’écartement
entre les sous-niveaux Zeeman mF = +1 et mF = +3 de F = 3 vaut 1,25 MHz pour la
figure (a) et 2,5 MHz pour la figure (b). Paramètres : température de la cellule : 40̊ C,
diamètre des faisceaux : 14 mm, puissance du champ de contrôle : 100 mW, puissance
du champ de repompe : 2,6 mW.

De l’excès de bruit en régime stationnaire dans un processus d’EIT similaire dans
une vapeur de rubidium a été observé dans l’équipe de Hans Bachor [Hsu et al., 2006].
L’excès de bruit mesuré dans leur expérience est cependant supérieur à ce que nous
avons observé, pour un champ de contrôle environ 20 fois moins intense que le nôtre.
Cet excès de bruit peut probablement s’expliquer par le fait que la préparation du
système atomique n’est pas parfaite. Il reste des atomes dans le niveau 1 qui peuvent,
par échange de population avec le niveau 2, engendrer un excès de bruit sur le signal
en sortie [Hétet et al., 2008]. Quoi qu’il en soit, ce bruit observé en régime stationnaire
est dû à des effets non-linéaires et il est fort peu probable que ce soit simplement
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de la fluorescence, vu que ce phénomène est isotrope et que dans notre expérience la
détection homodyne est placée à environ 3 m de la cellule de césium. Cet excès de bruit
en régime stationnaire étant très faible comparé aux pics de bruit induits par le régime
transitoire du champ de contrôle, nous n’avons pas étudié davantage ce phénomène.

C.7 Rotation de la polarisation du champ de contrôle

Comme expliqué précédemment, nous avons ajouté une lame quart d’onde et une
lame demi-onde avant le système de 4 cubes polariseurs servant à filtrer le champ
de contrôle avant la mesure par détection homodyne (figure 6.8). Ces lames à retard
servent à optimiser la polarisation du contrôle en sortie de la cellule de façon à avoir une
réjection optimale de la fuite de ce champ vers la détection homodyne. Cependant, nous
avons remarqué qu’en présence du champ de repompe, lorsque le champ de contrôle
est résonant avec la transition F = 3 vers F ′ = 2 il subit une rotation de polarisation
en sortie de la cellule, après la lame quart d’onde (figure 6.8). Il faut alors tourner les
lames situées avant le système de 4 cubes polariseurs pour retrouver une bonne réjection
du champ de contrôle. Cette rotation de polarisation disparâıt lorsque le champ de
contrôle est désaccordé de 1 GHz dans le rouge de la transition F = 3 → F ′ = 2
ou quand ce champ est à résonance mais qu’on coupe le champ de repompe. Notons
qu’au niveau des atomes, le champ de contrôle étant polarisé σ+, il ne s’agit pas d’une
rotation de polarisation mais de l’ajout d’une composante de polarisation σ−. Nous
parlerons donc de rotation de polarisation après la lame quart d’onde située en sortie
de la cellule qui remet le champ de contrôle en polarisation linéaire. Nous avons mesuré
cette rotation de polarisation en régime stationnaire, en fonction de la puissance du
champ de contrôle, en prenant pour référence la polarisation de ce champ lorsqu’on
enlève l’ensemble atomique. Les résultats sont présentés figure 6.27.

On notera que nous avons observé seulement une rotation de la polarisation et pas
une elliptisation de celle-ci : elle reste bien linéaire après la lame quart d’onde située
après la cellule. Pour expliquer cette rotation de polarisation, on pourrait évoquer une
interaction entre les champs de contrôle et de repompe et le système atomique (type
mélange à 4 ondes par exemple), mais certaines mesures expérimentales tendent à
prouver que c’est plus complexe que cela. En effet, quand on effectue des mesures avec
la séquence mémoire, donc avec le champ de repompe coupé pendant l’enregistrement
et la relecture du signal, on a constaté qu’on avait moins d’excès de bruit sur le signal
relu si on effectuait la minimisation préalable de la fuite du champ de contrôle vers
la détection homodyne en présence du repompeur. Il semblerait alors que ce ne soit
pas une interaction entre les champs de contrôle et de repompe qui produise cette
rotation, mais une interaction entre le champ de contrôle et les atomes pompés dans
le sous-niveau Zeeman mF = +3 de F = 3 et éventuellement les atomes résiduels dans
mF = +2 et mF = +1. Cependant, la simple présence de ces atomes ne suffit pas à
expliquer une rotation de la polarisation du champ de contrôle étant donné qu’il est
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atomique

20 40 60 80 100 120 140 160

0

2

4

6

8

Puissance du champ de contrôle (mW)

R
o

ta
ti

o
n

 d
e 

la
 p

o
la

ri
sa

ti
o

n
d

u
 c

h
am

p
 d

e 
co

n
tr

ô
le

 (
°)

Fig. 6.27 – Rotation de la polarisation du champ de contrôle en sortie des atomes après
la lame quart d’onde, en fonction de la puissance de contrôle, en régime stationnaire,
sans champ signal. Paramètres : température de la cellule : 38̊ C, diamètre des faisceaux :
14 mm, puissance du champ de repompe : 2,6 mW.

polarisé circulairement σ+. L’origine précise de cette rotation de polarisation reste donc
à déterminer.

D Performances de la mémoire : fidélité et dia-

gramme T-V

Dans la section précédente, nous avons montré qu’on pouvait stocker dans la mé-
moire atomique les deux quadratures d’un état cohérent, sans ajout de bruit, et en
préservant sa phase. L’efficacité de stockage maximale obtenue est de 10 % pour des
états cohérents d’amplitude |α| ≤ 1, avec une variance du signal en sortie égale à 1
(bruit quantique standard) et une incertitude sur le bruit que l’on a évaluée à ±2 %.
Il s’agit maintenant de savoir si cette mémoire est quantique c’est-à-dire si elle a des
performances supérieures à ce que pourrait faire n’importe quel système classique. Nous
allons tenter d’apporter une réponse à cette question dans ce chapitre en considérant
deux estimateurs des performances classiques/quantiques d’un système : la fidélité et
le diagramme T/V.

Nous soulignerons tout au long de cette section le fait que les critères de perfor-
mances sont fortement dépendants des connaissances qu’on a a priori sur l’état d’entrée.
L’exemple le plus évident est le cas où l’on connâıt d’avance toutes les caractéristiques
de l’état entrant dans le système. Dans ce cas, on peut détruire cet état et en recréer
un identique en sortie. Mais on n’a pas réalisé une mémoire étant donné qu’on connais-
sait d’avance l’état du système sans avoir à le mesurer. On parlera donc de mémoire
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quand on aura plusieurs états possibles en entrée distribués selon une certaine sta-
tistique. On comprend alors que la mise en œuvre d’une mémoire classique va tenter
d’exploiter au maximum les connaissances que l’on a initialement sur l’état à stocker.
Ceci sera particulièrement vrai quand on calculera la fidélité, car avec cet estimateur
la limite classique/quantique dépend très fortement de la distribution et du type d’état
à stocker. Finalement, le seul cas simple pour lequel on peut apporter une réponse
immédiate est celui où le recouvrement entre l’état quantique sortant et l’état quan-
tique entrant est égal à 1, l’état entrant étant inconnu. Le théorème de non-clonage
[Dieks, 1982], [Wootters et Zurek, 1982] nous dit alors qu’un système classique n’aurait
pas pu réaliser un tel état en sortie et que nécessairement la mémoire est quantique.
Dans les autres cas, une étude poussée des résultats expérimentaux obtenus et de la
limite pouvant être atteinte par des systèmes classiques doit être menée.

D.1 Fidélité

D.1.1 Définition

La fidélité est définie comme le recouvrement entre l’état obtenu en sortie de la
mémoire et l’état en entrée

F = |〈ψout|ψin〉|2 (6.27)

A partir de maintenant, nous n’étudierons que des états gaussiens. En utilisant les
propriétés énoncées à la section B.3.2 du chapitre 1 concernant la fonction de Wigner
et la définition (A-4) de l’annexe A.1, on obtient une expression de la fidélité ne faisant
intervenir que les valeurs moyennes 〈Xin/out〉 et 〈Yin/out〉 et les variances (∆Xin/out)

2 et
(∆Yin/out)

2 des quadratures X et Y des états entrant et sortant

F = 4π

∫
dxdy Win(x, y)Wout(x, y)

F =
4π

(2π∆Xin∆Yin)(2π∆Xout∆Yout)
×

∫
dxdy e

−
(

(x−〈Xin〉)2
2(∆Xin)2

+
(y−〈Yin〉)2
2(∆Yin)2

)

e
−

(
(x−〈Xout〉)2
2(∆Xout)

2 +
(y−〈Yout〉)2
2(∆Yout)

2

)

(6.28)

ce qui donne en effectuant l’intégration sur x et y

F =
2√

((∆Xin)2 + (∆Xout)2)((∆Yin)2 + (∆Yout)2)
e
− (〈Xin〉−〈Xout〉)2

2((∆Xin)2+(∆Xout)
2)
− (〈Yin〉−〈Yout〉)2

2((∆Yin)2+(∆Yout)
2)

(6.29)
Si on met un état cohérent en entrée de la mémoire, la fidélité devient

F =
2√

(1 + (∆Xout)2)(1 + (∆Yout)2)
e
− (〈Xin〉−〈Xout〉)2

2(1+(∆Xout)
2)
− (〈Yin〉−〈Yout〉)2

2(1+(∆Yout)
2) (6.30)
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Nous allons maintenant calculer la fidélité obtenue avec notre mémoire et la comparer
à la fidélité maximale qui pourrait être obtenue avec une mémoire classique.

D.1.2 Mémoire classique optimale

Les mémoires classiques que nous allons considérer dans ce manuscrit sont des mé-
moires de type“mesure et préparation”(“measure-and-prepare strategy”) qui procèdent
en trois étapes. Tout d’abord, l’état d’entrée, a priori inconnu, est mesuré afin d’en ex-
traire le maximum d’information. La seconde étape consiste à stocker les résultats
sous forme classique, par exemple dans un ordinateur. Enfin, après une certaine durée
(temps de stockage classique), on prépare en sortie un état à partir des informations
que l’on a stockées, en essayant de faire en sorte que l’état de sortie “ressemble le plus
possible” à l’état d’entrée.

Le dispositif

Un exemple de telle mémoire classique pour des états cohérents est présenté sur la
figure 6.28 [Braunstein et Kimble, 1998], [Ralph et Lam, 1998]. Ce dispositif est ana-
logue aux systèmes classiques pour effectuer la téléportation en régime de variables
continues.

Mesure
quadrature
de phase

Laser Modulateur
d'amplitude

50/50

Stockage des données

Etat quantique
à stocker

DH 1

DH 2

Mesure
quadrature
d'amplitude

Vide

Modulateur
de phase

Etat de sortie

g
g

OL OL

Fig. 6.28 – Exemple de dispositif expérimental de mémoire classique pour des états cohé-
rents. Le champ incident est séparé en deux à l’aide d’une lame 50/50 et ses quadratures
d’amplitude et de phase sont mesurées avec deux détections homodynes. Les données sont
ensuite stockées sous forme classique, par exemple dans un ordinateur. Après un certain
délai, l’état est reconstruit en appliquant une modulation d’amplitude et de phase avec
un certain gain g sur un état cohérent issu d’un laser.

L’idée est de mesurer simultanément les quadratures d’amplitude X et de phase
Y de l’état incident qu’on souhaite stocker. Ces deux quadratures ne commutant pas,
une telle mesure ne peut se faire qu’en ajoutant du bruit, par exemple en séparant
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le faisceau en deux à l’aide d’une lame 50/50 (des fluctuations du vide rentrant par
l’autre voie) et en effectuant une mesure sur chaque faisceau à l’aide d’une détection
homodyne. Les valeurs moyennes et les variances des quadratures mesurées avec cette
méthode valent alors

〈Xmes〉 =
〈Xin〉√

2
et (∆Xmes)

2 =
(∆Xin)2 + 1

2
(6.31)

avec des expressions similaires pour la quadrature Y . Ces valeurs, qui sont des grandeurs
classiques, sont stockées par exemple dans un ordinateur. Au bout d’un certain temps,
on relit les informations enregistrées et on s’en sert pour appliquer sur un état cohérent
issu d’un laser une modulation d’amplitude et une modulation de phase avec un certain
gain g afin de restaurer en sortie les valeurs mesurées. Les valeurs moyennes et les
variances des quadratures de l’état de sortie valent alors

〈Xout〉 = g〈Xmes〉 =
g√
2
〈Xin〉 et (∆Xout)

2 = g2(∆Xmes)
2+1 =

g2

2
((∆Xin)2+1)+1

(6.32)
avec des expressions similaires pour la quadrature Y . L’ajout d’une unité de bruit
quantique standard dans l’expression de la variance sur l’état reconstruit provient du
fait que la préparation est effectuée à partir d’un état cohérent issu d’un laser et qu’il
faut prendre en compte le bruit initial de cet état cohérent.

Fidélité classique optimale

Nous allons maintenant calculer la fidélité maximale pouvant être obtenue avec un
tel système de mémoire classique. En reprenant l’expression (6.30) pour la fidélité dans
le cas d’un état cohérent incident on obtient, pour cette mémoire classique

Fclass(|αin|, g) =
2

2 + g2
e
−|αin|2

(
1− g√

2

)2

2(2+g2) (6.33)

où |αin| est l’amplitude de l’état cohérent d’entrée définie par

|αin| =
√
〈Xin〉2 + 〈Yin〉2

(∆Xin)2
(6.34)

Pour calculer la fidélité classique obtenue avec cette mémoire, on ne peut pas utili-
ser directement cette formule en remplaçant les valeurs de |αin| et g par les valeurs
utilisées sur l’expérience. En effet, comme on l’a dit précédemment, si on ne cherche
à stocker qu’un seul état cohérent d’amplitude |αin| donnée en entrée, la notion de
mémoire n’a plus de sens puisqu’on connâıt d’avance l’état, sans même avoir besoin
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de le mesurer. La notion de mémoire suppose une absence d’information sur l’état in-
cident, qu’on va modéliser par une distribution statistique sur l’amplitude des états
cohérents qu’on souhaite stocker dans la mémoire. On va considérer une distribution
gaussienne centrée sur l’état de vide car elle donne une expression analytique simple de
la fidélité [Braunstein et al., 2000], [Hammerer et al., 2005]. C’est actuellement, à notre
connaissance, la seule distribution pour des états cohérents donnant une expression
analytique. D’autres distributions peuvent être résolues numériquement à l’aide d’une
programmation semi-définie (“semidefinite programming”ou SDP) [Owari et al., 2008],
[Calsamiglia et al., 2009]. Nous nous contenterons dans ce chapitre d’étudier une dis-
tribution gaussienne des amplitudes des états cohérents d’entrée. Cette distribution a
pour paramètre λ et s’écrit

p(λ, |α|) =
λ

π
e−λ|α|2 (6.35)

On peut alors calculer la fidélité moyenne obtenue pour la mémoire classique pour cette
distribution, à gain g fixé, et on trouve

F class(λ, g) =

∫
p(λ, |α|in)Fclass(|αin|, g)dαdα∗ =

4λ(
1− g√

2

)2

+ 2λ(2 + g2)
(6.36)

L’état cohérent d’entrée étant inconnu, il faut fixer initialement la valeur du gain g qui
optimise la fidélité moyenne, soit

gopt =

√
2

1 + 4λ
(6.37)

ce qui donne finalement comme fidélité moyenne optimale pour la mémoire classique
décrite précédemment

F class, opt(λ) =
1 + 4λ

2 + 4λ
(6.38)

Il a été démontré rigoureusement que cette fidélité moyenne est en fait la fidélité
moyenne maximale que l’on peut obtenir avec une mémoire classique de type mesure
et préparation [Hammerer et al., 2005]7. Toute tentative d’optimisation du schéma de
mémoire classique présenté sur la figure 6.28 est par conséquent inutile puisqu’elle ne
pourrait de toute façon pas améliorer la fidélité obtenue : cette mémoire classique est
déjà optimale. Pour des états cohérents d’entrée uniformément distribués (λ → 0), on
retrouve un résultat très connu : la fidélité maximale que peut atteindre un système de
mémoire ou transmission classique est 1/2. Cependant, on notera qu’il faudrait en toute
rigueur pouvoir tester expérimentalement des états cohérents d’amplitude quelconque

7 La formule obtenue dans l’article [Hammerer et al., 2005] est 1+λ
2+λ . La différence avec notre formule

provient d’une convention différente d’un facteur 2 pour la définition de l’amplitude d’un état cohérent.
En utilisant les mêmes conventions, la formule présentée ici et la formule de l’article sont les mêmes.
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pour pouvoir conclure qu’un système dont la fidélité est supérieure à 1/2 dépasse les
performances d’une mémoire classique, ce qui est expérimentalement impossible. En
pratique, il faut regarder dans quel domaine d’amplitude de l’état cohérent incident
on a étudié expérimentalement les performances du système et comparer les fidélités
moyennes entre expérience et théorie classique sur la gamme des états cohérents consi-
dérés. C’est ce que nous allons faire dans le paragraphe suivant. Enfin, notons que
lorsque λ → ∞, le seul état considéré en entrée est un état de vide cohérent, et par
conséquent la fidélité de la mémoire classique tend vers 1, ce qui est logique vu qu’on
connâıt parfaitement dans ce cas l’état incident sans même avoir besoin de le mesurer.

D.1.3 Comparaison expérience - mémoire classique

Comme nous l’avons dit précédemment, le meilleur résultat que nous ayons obtenu
est une efficacité de stockage en amplitude de 10 % sans ajout de bruit avec 2 %
d’incertitude sur le bruit pour chaque quadrature. Cela donne gexp = 〈Xout〉

〈Xin〉 = 〈Yout〉
〈Yin〉 =

0, 10 et (∆Xout)
2 = (∆Yout)

2 = 1± 0, 02. En reprenant l’expression (6.30) on obtient la
fidélité expérimentale

Fexp(|αin|, gexp) =
2

1 + (∆Xout)2
e
−|αin|2 (1−gexp)2

2(1+(∆Xout)
2) (6.39)

On va moyenner la fidélité sur un ensemble d’états cohérents dont les amplitudes ont
une distribution gaussienne centrée en 0, ce qui donne

F exp(λ, gexp) =

∫
p(λ, |α|in)Fexp(|αin|, gexp)dαdα∗ =

4λ

2λ(1 + (∆Xout)2) + (1− gexp)2

(6.40)
Expérimentalement, les états que nous avons utilisés lors des expériences de mémoire
avaient des amplitudes très petites, valant environ 1 au maximum, soit dans la gamme
|α|2 ≤ 1. Il parâıt donc raisonnable d’intégrer la fidélité sur une gaussienne de paramètre
λ = 1. On peut voir sur la figure 6.29 l’évolution de la fidélité classique optimale
(6.33) et expérimentale (6.39) en fonction de l’amplitude de l’état cohérent d’entrée. On
constate que ces deux courbes sont assez proches, ce qui est confirmé après intégration,
car on obtient pour la fidélité moyenne expérimentale

F exp(λ = 1, gexp = 0, 1) = 0, 83± 0, 01 (6.41)

alors que la fidélité moyenne maximale obtenue par une mémoire classique vaut

F class, opt(λ = 1) = 0, 83 (6.42)

Le calcul de fidélité indique par conséquent que notre mémoire se situe sur la frontière
entre mémoire classique et mémoire quantique. Comme on l’a dit précédemment, nous
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Fig. 6.29 – Représentation en fonction de l’amplitude de l’état cohérent mis en entrée
de la fidélité de la mémoire expérimentale ayant un gain de 0,1 (courbe en trait plein,
d’après l’équation (6.39)) et de la fidélité de la mémoire classique optimale pour un gain
gopt = 0, 28 correspondant à λ = 1 (courbe en tirets, d’après l’équation (6.33)).

avons obtenu une efficacité de stockage de 21 % avec cette mémoire, avec des temps
de stockage courts et un champ de contrôle intense. Dans ces conditions, en conservant
un paramètre λ = 1, on obtiendrait une fidélité moyenne expérimentale de 0,86 si on
n’avait pas d’excès de bruit, soit une valeur supérieure à la limite classique. On resterait
aussi supérieure à la limite classique avec un tel gain si le bruit était limité à environ
10 % du bruit quantique standard. Mais nous avons observé des pics de bruit bien
supérieurs à cette valeur, et par conséquent les expériences ayant donné une efficacité
de stockage de 21 % ne permettent pas de conclure quant au caractère quantique de la
mémoire.

Comme nous venons de le voir, estimer la fidélité d’une mémoire quantique est un
calcul assez complexe faisant intervenir le type et la distribution statistique de l’état
d’entrée. Il existe une autre manière d’estimer les performances de la mémoire qui est
indépendante de l’état incident, le diagramme T-V, et nous allons maintenant étudier
les performances de notre mémoire dans ce diagramme.

D.2 Diagramme T-V

Bien que moins connu que la fidélité, le diagramme T-V a été utilisé pour caracté-
riser les performances de systèmes quantiques en régime de variables continues, que ce
soit pour des mesures quantiques non-destructives [Grangier et al., 1998], pour la télé-
portation [Ralph et Lam, 1998], [Bowen et al., 2003] ou pour des mémoires quantiques
[Hétet et al., 2008], [Hétet, 2008].
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D.2.1 Définitions

Ce diagramme s’appuie sur deux informations essentielles concernant le stockage et
la restitution d’un état quantique : le coefficient de transmission T , qui traduit le gain
du processus, et la variance conditionnelle entrée-sortie V , qui traduit l’ajout de bruit
lors du processus. Le diagramme T-V est un graphique faisant apparâıtre en abscisse
le coefficient T et en ordonnée la variance V.

Le coefficient de transfert T est la somme des coefficients de transfert pour les deux
quadratures X et Y

T = TX + TY (6.43)

où le coefficient de transmission pour une quadrature est le rapport signal à bruit entre
la sortie et l’entrée du dispositif

TX =
Rout

X

Rin
X

et TY =
Rout

Y

Rin
Y

(6.44)

avec un rapport signal à bruit défini par

Rin/out
X =

4〈Xin/out〉2
(∆Xin/out)2

et Rin/out
Y =

4〈Yin/out〉2
(∆Yin/out)2

(6.45)

La variance conditionnelle V est quant à elle la moyenne géométrique des variances
conditionnelles pour les quadratures X et Y

V =
√

Vc(Xout|Xin)Vc(Yout|Yin) (6.46)

avec

Vc(Xout|Xin) = (∆Xout)
2−|〈δXinδXout〉|2

(∆Xin)2
et Vc(Yout|Yin) = (∆Yout)

2−|〈δYinδYout〉|2
(∆Yin)2

(6.47)
On peut voir ce diagramme sur la figure 6.30 et nous allons expliquer en détail dans

les sections qui suivent les différentes régions qui le composent.

D.2.2 Limite classique

Il a été montré [Ralph et Lam, 1998] qu’une stratégie classique de mesure et pré-
paration doit nécessairement vérifier les inégalités suivantes

T ≤ 1 et V ≥ 1 (6.48)

La première condition n’est vraie que si les états d’entrées sont minimaux et traduit le
maximum d’information qu’il est possible de restituer en sortie à partir de la mesure
classique de l’état d’entrée. La seconde condition est valable pour tout type d’état mis
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Fig. 6.30 – Diagramme T-V. Les régions A et B correspondent à V < 1 et ne peuvent pas
être atteintes par une mémoire classique de type mesure et préparation, quel que soit l’état
d’entrée. La région C correspond à T > 1, V > 1 et ne peut pas non plus être atteinte
par une mémoire classique (pour des états d’entrée minimaux). La région D peut être
atteinte par une mémoire classique de type mesure et préparation à condition d’utiliser
des ressources quantiques supplémentaires ou pour des états comprimés en entrée ou en
dissymétrisant la mesure et les gains de restitution des quadratures X et Y . La région E
est une région pouvant être atteinte par une mémoire classique. La courbe matérialisée
par “Limite classique” délimite cette région E et représente la limite classique atteinte
par une mémoire de type mesure et préparation agissant de façon symétrique sur les
deux quadratures de l’état cohérent d’entrée, sans ressource quantique supplémentaire
(dispositif de la figure 6.28). C’est la limite classique optimale au sens de la fidélité.

en entrée, et c’est une conséquence directe du principe d’incertitude et du fait qu’en
agissant de façon classique sur l’état qu’on souhaite reconstruire, on ne peut qu’ajouter
du bruit et donc augmenter la variance finale. Ceci définit par conséquent une zone
quantique dans le diagramme T-V délimitée par l’union du demi-plan T > 1 et du
demi-plan V < 1 (régions A, B et C figure 6.30). Cette région ne peut pas être atteinte
par une stratégie classique de mesure et préparation avec des états minimaux en entrée.

En ce qui concerne le dispositif présenté sur la figure 6.28, on trouve, pour la trans-
mission

TX =
〈Xout〉2
〈Xin〉2

(∆Xin)2

(∆Xout)2
=

g2

2

1

g2 + 1
(6.49)

et une expression identique pour Y . Finalement, le coefficient de transfert total vaut

T = TX + TY =
g2

g2 + 1
(6.50)
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Pour la variance conditionnelle de la quadrature X, on obtient

Vc(Xout|Xin) = g2 + 1− g2

2

|〈δX2
in〉|2

(∆Xin)2
= 1 +

g2

2
(6.51)

et une expression identique pour Y , ce qui donne finalement

V =
√

Vc(Xout|Xin)Vc(Yout|Yin) = 1 +
g2

2
(6.52)

T et V dépendent du gain de la mémoire classique, mais il est possible d’exprimer V
en fonction de T sans que le gain apparaisse, et on trouve

V =
T − 2

2(T − 1)
(6.53)

Il s’agit dans le diagramme T-V d’une hyperbole (“limite classique” sur la figure 6.30),
et elle correspond au maximum de fidélité pouvant être obtenue avec une stratégie
classique de type mesure et préparation.

Où se situe la limite classique/quantique dans ce diagramme ? Comme dit précé-
demment, pour des états quelconques en entrée, la seule limite absolue pour définir la
zone quantique est V < 1. A partir de maintenant, on va se limiter à des états minimaux
en entrée puisqu’on s’intéresse au stockage d’états cohérents. Dans ce cas, la seule zone
quantique est l’union des demi-plans V < 1 et T > 1. Ensuite, suivant les hypothèses
supplémentaires effectuées sur le type d’état mis en entrée ou sur la méthode de mesure
et préparation utilisée, cette région quantique peut s’agrandir. Ainsi, la zone située en
dessous de l’hyperbole d’équation V = T−2

2(T−1)
représente la zone quantique au sens où

elle ne peut pas être atteinte par un système de mémoire classique s’appuyant sur une
stratégie de mesure et préparation où les quadratures sont mesurées et reproduites de
façon symétrique, avec en entrée des états cohérents (ce qui correspond au dispositif
de la figure 6.28). Si on enlève une de ces restrictions, la région D sur le diagramme
6.30 devient accessible à un système classique. C’est le cas par exemple avec des états
comprimés en entrée ou bien en utilisant une mesure et une restitution dissymétriques
des quadratures [Ralph et Lam, 1998]. Nous allons prouver cette affirmation dans le
second cas.

Prenons le schéma de mémoire classique de la figure 6.31 qui est le même que celui
de la figure 6.28 à part que la lame 50/50 est devenue une lame de coefficients RL/TL

et que les gains sur les quadratures d’amplitude (X) et de phase (Y ) restituées peuvent
être différents, notés respectivement gX et gY .

Avec cette configuration, les valeurs moyennes et les variances en sortie valent

〈Xout〉 = gX〈Xmes〉 = gX

√
TL〈Xin〉 (6.54)

(∆Xout)
2 = g2

X(∆Xmes)
2 + 1 = g2

X(TL(∆Xin)2 + RL) + 1 (6.55)
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Fig. 6.31 – Exemple de dispositif expérimental d’une mémoire classique pour des états
cohérents avec mesure et restitution dissymétriques des quadratures. Voir la légende de
la figure 6.28 pour plus de détails.

et des expressions similaires pour Y . On en déduit le coefficient de transfert et la
variance conditionnelle

T =
g2

XTL

g2
X + 1

+
g2

Y RL

g2
Y + 1

et V =
√

(g2
XRL + 1)(g2

Y TL + 1) (6.56)

En faisant varier les valeurs de RL, gX et gY , on peut avoir la valeur qu’on veut pour
T (mais cette valeur est nécessairement inférieure à 1), tout en ayant V aussi proche
de 1 qu’on le souhaite. Le cas limite est obtenu pour RL = 0, TL = 1, gY = 0, auquel
cas on ne mesure et ne reconstruit que la quadrature d’amplitude X. Dans ce cas

T =
g2

X

g2
X + 1

et V = 1 (6.57)

Une mémoire classique où l’on ne mesure et ne reconstruit qu’une seule quadrature
définit comme limite quantique V < 1 ou T > 1 (pour un état d’entrée minimal),
c’est-à-dire les régions A, B et C du diagramme T-V. En d’autre terme, la région D du
diagramme T-V est accessible à une telle mémoire classique. Cependant, cette mémoire
ne donne pas une fidélité optimale, la fidélité moyenne étant légèrement inférieure à la
fidélité obtenue avec la mémoire de la figure 6.28.

On voit donc que la limite classique-quantique dans le diagramme T-V dépend de
la stratégie utilisée dans la mémoire classique de type mesure et préparation.
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D.2.3 Comparaison expérience - mémoire classique

Expérimentalement, on a un obtenu un gain gexp = 0, 1 sans ajout de bruit à 2 %
près, soit (∆Xout)

2 = (∆Yout)
2 = 1± 0, 02. On a donc

Texp = g2
exp

1

(∆Xout)2
+ g2

exp

1

(∆Xout)2
= 0, 02 (6.58)

Vexp =
√

((∆Xout)2 − g2
exp)((∆Yout)2 − g2

exp) = 0, 99± 0, 02 (6.59)

Si on compare ces valeurs à ce que peut faire n’importe quelle mémoire classique sur
des états cohérents, comme par exemple la mémoire dissymétrique de la figure 6.31 où
l’on ne mesure et prépare qu’une seule quadrature, on a Vclass = 1 auquel cas notre
système est à la limite entre classique et quantique, si on prend en compte l’incertitude,
et quantique si on ne considère pas cette incertitude. Si on compare avec la mémoire
classique optimale permettant de mesurer et restituer deux quadratures de façon symé-
trique (figure 6.28) qui est aussi optimale au sens de la fidélité, alors on a Vclass = 1, 01
en utilisant la formule (6.53) avec T = 0, 02. Dans ce cas, notre mémoire est dans la
zone quantique, incertitude comprise. Ces résultats sont résumés sur la figure 6.32.
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Fig. 6.32 – Représentation de la meilleure performance obtenue avec notre dispositif
expérimental dans le diagramme T-V (point de fonctionnement et barre d’incertitude
sur la variance). On rappelle que la région A correspond à V < 1 et ne peut pas être
atteinte par une mémoire classique de type mesure et préparation. La région D peut être
atteinte par une mémoire classique de type mesure et préparation à condition d’utiliser
des ressources quantiques supplémentaires ou pour des états comprimés en entrée ou en
dissymétrisant la mesure et les gains de restitution des quadratures X et Y . La région E
est une région pouvant être atteinte par une mémoire classique. La courbe matérialisée
par “Limite classique” délimite cette région E et correspond au montage de la figure 6.28.
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atomique

E Conclusion

En conclusion, nous avons présenté dans ce chapitre le dispositif expérimental qui
nous a permis de réaliser le stockage et la restitution d’un état cohérent par transparence
induite électromagnétiquement dans une vapeur de césium. Concernant le montage en
lui-même, un environnement magnétique très bien contrôlé associé à l’utilisation d’une
cellule de verre dont les parois sont recouvertes de paraffine nous a permis d’obtenir
une grande durée de vie pour la cohérence Zeeman. Sur le plan du schéma de transfert
atomes-champs adopté, la spécificité de notre montage tient à la génération de l’état
cohérent à stocker sous la forme d’une modulation en bande latérale unique, ce qui
permet d’utiliser une fenêtre d’EIT de largeur constante et de stocker une modulation
à une fréquence quelconque.

Les expériences de mémoire effectuées sur des états cohérents nous ont permis de
montrer que ce système peut stocker et restituer sans ajout de bruit les deux quadra-
tures d’un champ, et ce en préservant la phase du signal lors du processus. Nous avons
mesuré l’efficacité de stockage pour différents paramètres expérimentaux et nous avons
en particulier vérifié que cette efficacité était très peu dépendante de la fréquence de
la bande latérale à stocker. La meilleure efficacité de stockage en amplitude obtenue
sans ajout de bruit est de 10 %. Avec un champ de contrôle de forte puissance et en
réduisant le temps de stockage, nous avons obtenu jusqu’à 21 % d’efficacité, mais au
prix d’un ajout de bruit lors de la coupure et du rallumage du champ de contrôle. Une
étude de cet excès de bruit a été menée, et une optimisation des différents paramètres
intervenant dans l’expérience a permis de le réduire, mais pas suffisamment pour at-
teindre la limite quantique standard. Malgré cette étude, l’origine exacte de cet excès
de bruit reste à déterminer.

Enfin, nous avons évalué les performances de cette mémoire en terme de fidélité et
en utilisant le diagramme T-V. Suivant le critère choisi pour effectuer la caractérisation,
notre mémoire est soit sur la limite classique/quantique, soit dans la région quantique.
Une optimisation du dispositif permettant d’obtenir un point de fonctionnement plus
en dedans de la région quantique est en cours d’étude. Cette optimisation passera
notamment par une meilleure coupure des fuites des champs signal et contrôle lors de
la phase de stockage afin d’améliorer l’efficacité de la mémoire et par une réduction du
bruit mesuré lors d’une coupure rapide du champ de contrôle.
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électromagnétiquement (EIT) dans une vapeur de césium. L’un des critères de perfor-
mance de cette mémoire est l’efficacité de stockage au sens du ratio des amplitudes
du champ entre la sortie et l’entrée du dispositif. Cette efficacité est limitée par la
transparence de la fenêtre d’EIT utilisée lors de la phase de transfert lumière-matière
et dépend aussi de la réduction de la vitesse de groupe de la lumière dans le milieu.

Les caractéristiques de la fenêtre d’EIT jouent donc un rôle crucial dans les per-
formances de la mémoire atomique. C’est pour ces raisons que nous avons mené une
étude complète de l’EIT sur la raie D2 du césium à la suite des premières expériences
de stockage que nous avons effectuées.

Après avoir rappelé les prédictions théoriques de l’EIT pour un schéma à 3 ni-
veaux en Λ, nous présenterons les résultats expérimentaux obtenus en ce qui concerne
la transmission et la largeur des fenêtres d’EIT en fonction des principaux paramètres
de l’expérience. Nous verrons que les courbes expérimentales s’éloignent fortement des
prédictions du schéma à 3 niveaux, ce qui nous conduira à introduire des modèles théo-
riques plus complexes prenant en compte les autres niveaux de la structure hyperfine
du césium. Ces modèles seront en meilleur accord avec les résultats observés. Le but
de ce chapitre n’est pas de retrouver de façon exacte les courbes d’EIT obtenues expé-
rimentalement. On cherche uniquement à retrouver la forme globale et les évolutions
des caractéristiques des fenêtres d’EIT que nous avons mesurées.

A Modèle théorique avec un schéma à 3 niveaux

Nous allons rappeler dans cette section les formules et les résultats obtenus pour la
transparence induite électromagnétiquement avec un schéma à 3 niveaux en Λ.

A.1 Schéma des transitions utilisées

Nous nous plaçons dans la même configuration atomique que celle utilisée pour
réaliser la mémoire décrite au chapitre précédent (figure 7.1). Le schéma en Λ utilise
comme niveaux fondamentaux les sous-niveaux Zeeman mF = +1 et mF = +3 de F = 3
et comme niveau excité le sous-niveau mF ′ = +2 de F ′ = 2. Nous négligeons dans cette
section l’influence des autres niveaux excités. Nous considérons de plus que tous les
atomes sont pompés dans le sous-niveau mF = +3 de F = 3. Expérimentalement, à
condition que le champ signal ne soit pas trop intense, cette condition sera vérifiée.
En effet, d’une part les champs de pompe et repompe sont allumés en permanence et
pompent les atomes dans ce sous-niveau. D’autre part, si jamais il restait des atomes
dans le sous-niveau mF = +1 de F = 3, le champ de contrôle les amènerait dans le
niveau excité, et à partir de là, la probabilité qu’ils retombent dans le sous-niveau mF =
+3 de F = 3 est d’environ 71 %, très grande devant la probabilité de retomber dans le
sous-niveau mF = +1 (5 %). Une part non négligeable d’atomes peut retomber dans le
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sous-niveau mF = +2 (et c’est le cas d’après l’étude de l’orientation du spin effectuée
au chapitre 6), mais cet état n’intervient pas dans la configuration atomique en Λ. Par
conséquent, dans tout le reste du chapitre, nous considèrerons que les populations des
niveaux F = 3, mF = +1 et F ′ = 2, mF ′ = +2 sont négligeables devant la population
du niveau F = 3, mF = +3.

A ,2 W2

1 2

3

A ,1 W1

d
D1

D2g13 g23

g0

g0

g3

L1

L2m =+2F

m =+3F

m =+1F F=3

F'=2
m =+2F'

Fig. 7.1 – Schéma d’EIT à 3 niveaux en Λ sur la raie D2 du césium. On ne prend pas en
compte les niveaux excités F ′ = 3 et F ′ = 4. A1 et A2 sont respectivement les champs
contrôle et signal, Ω1 et Ω2 sont leur fréquence de Rabi. Voir le texte pour les notations
utilisées.

Nous rappelons les notations utilisées pour décrire les champs et les niveaux ato-
miques du schéma de la figure 7.1 :

– γj3 désigne le taux de relaxation du niveau 3 vers le niveau fondamental j (j =
1, 2)

– γ3 est le taux de relaxation du niveau 3 vers les autres niveaux
– Γ = γ13 + γ23 + γ3 est le taux de relaxation total ou largeur naturelle du niveau 3
– γ0 désigne le taux de relaxation des populations de chaque niveau fondamental
– 1

2
(Γ + γ0) ≈ 1

2
Γ désigne le taux de relaxation des cohérences 1-3 et 2-3

– Γ21 est le taux de relaxation de la cohérence entre les deux niveaux fondamentaux
– les champs Aj interagissent respectivement sur la transition du niveau j vers le

niveau 3 qui a pour fréquence propre ωj3. Ces champs ont pour fréquence ωj.
A1 est le champ de contrôle et A2 est le champ signal. La fréquence de Rabi du
champ de contrôle (signal) est notée Ω1 (respectivement Ω2) et d1 (resp. d2) est
le moment dipolaire associé à la transition de 1 vers 3 (resp. 2 vers 3)

– ∆j = ωj3 − ωj est le désaccord à un photon entre la fréquence de la transition
considérée et la fréquence du champ qui lui est associé. Ce désaccord est donc
positif quand le champ est désaccordé dans le rouge de la transition.

– δ = ∆1 −∆2 est le désaccord à 2 photons entre les champs contrôle et signal
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– Λ1 et Λ2 sont des termes décrivant le repeuplement des niveaux 1 et 2 (principale-
ment par pompage optique) qui permettent d’avoir un nombre d’atomes constant
non nul en l’absence de champ.

A.2 Equations en régime stationnaire et calcul de la suscep-
tibilité

Avec cette configuration, le système d’équations (1.102 − 1.107) du chapitre 1 dé-
crivant l’évolution du système atomes-champs s’écrit, en régime stationnaire

0 = Λ1 + iΩ∗
1σ̃13 − iΩ1σ̃

†
13 (7.1)

0 = −γ0 + Λ2 + iΩ∗
2σ̃23 − iΩ2σ̃

†
23 (7.2)

0 = −(iΩ∗
1σ̃13 − iΩ1σ̃

†
13)− (iΩ∗

2σ̃23 − iΩ2σ̃
†
23) (7.3)

0 = −
(

Γ

2
+ i∆1

)
σ̃13 + iΩ2σ̃

†
21 (7.4)

0 = −
(

Γ

2
+ i∆2

)
σ̃23 + iΩ2 + iΩ1σ̃21 (7.5)

0 = −(Γ21 − iδ)σ̃21 + iΩ∗
1σ̃23 − iΩ2σ̃

†
13 (7.6)

On souhaite calculer la susceptibilité linéaire χ du milieu atomique vue par le champ
signal. Elle est donnée par la relation

Nd2σ̃
(1)
23 = ε0χE2〈A2〉 (7.7)

soit

χ =
Nd2

2σ̃
(1)
23

~ε0Ω2

(7.8)

où σ̃
(1)
23 correspond à la solution à l’ordre 1 du champ signal pour la cohérence entre

les niveaux 2 et 3 après avoir résolu les équations (7.1-7.6) par un calcul perturbatif
au premier ordre en Ω2 [Scully et Zubairy, 1997]. Ce calcul est justifié par le fait que
l’intensité du champ signal est très faible devant celle du champ de contrôle. A l’ordre
0, c’est-à-dire si on éteint le champ signal, l’équation (7.4) donne σ̃

(0)
13 = 0. A l’ordre 1,

les équations (7.5) et (7.6) s’écrivent

0 = −
(

Γ

2
+ i∆2

)
σ̃

(1)
23 + iΩ2 + iΩ1σ̃

(1)
21 (7.9)

0 = −(Γ21 − iδ)σ̃
(1)
21 + iΩ∗

1σ̃
(1)
23 (7.10)

On peut alors exprimer σ̃
(1)
23 en fonction de Ω2

σ̃
(1)
23 = iΩ2

(Γ21 − iδ)

(Γ
2

+ i∆2)(Γ21 − iδ) + |Ω1|2
(7.11)
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d’où l’on déduit la susceptibilité linéaire pour le champ signal

χ(∆1, δ) =
Nd2

2

~ε0

i(Γ21 − iδ)

(Γ
2

+ i(∆1 − δ))(Γ21 − iδ) + |Ω1|2
(7.12)

On peut en déduire la partie réelle de la susceptibilité χR donnant accès à la vitesse de
groupe dans le milieu atomique, et la partie imaginaire de la susceptibilité χI qui nous
renseigne sur la transmission T du signal par la formule

T = e−xIm(
√

1+χ) 2π
λ

L ≈ e−xχI
π
λ

L (7.13)

où L est la longueur de la cellule, λ la longueur d’onde du champ signal dans le vide,
et x est un paramètre ajustable. Le nombre d’atomes N dans le niveau 2 pouvant être
estimé avec la taille et la température de la cellule mais n’étant pas connu de façon très
précise, nous rajoutons ce paramètre x traduisant une petite correction sur le nombre
d’atomes.

A.3 Courbes théoriques pour des atomes froids

La forme théorique de la partie réelle et imaginaire de la susceptibilité ainsi que
la transmission du signal sont présentées sur la figure 7.2. On notera que pour toutes
les simulations théoriques de ce chapitre, la largeur Γ21/2π de la cohérence entre les
sous-niveaux Zeeman 1 et 2 est prise égale à 550 Hz (section A.2.4 chapitre 6).

Ces courbes sont tracées à partir de la susceptibilité donnée par l’équation (7.12) et
ne sont valables que pour des atomes froids puisque nous n’avons pas pris en compte
l’élargissement des transitions par effet Doppler.
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Fig. 7.2 – Parties réelle et imaginaire de la susceptibilité pour des atomes froids de
césium pour le schéma d’EIT à 3 niveaux, en fonction du désaccord à 2 photons δ, pour
un désaccord à un photon ∆1 = 0 MHz (a), ∆1 = −85 MHz (c) et ∆1 = 85 MHz (d).
(b) Courbe théorique de la transmission du signal à travers les atomes froids en fonction
de δ, pour un désaccord à un photon ∆1 = 0. Paramètres utilisés : 10 mW de puissance
de contrôle pour un faisceau de 10 mm de diamètre (Ω1 = 1, 4 MHz), Γ21 = 550 Hz.

A.4 Courbes théoriques après intégration sur le profil Doppler

Dans le cas qui nous intéresse, à savoir une vapeur de césium, l’élargissement Dop-
pler doit être considéré. La formule de la susceptibilité prenant en compte le profil
Doppler s’écrit

χD(∆1, δ) =

∫
χ(∆1 −∆, δ)

1√
2π∆D

e
− 1

2

(
∆

∆D

)2

d∆ (7.14)
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où ∆D est la demi-largeur Doppler définie au chapitre 2. Après intégration sur le profil
Doppler (demi-largeur à 1/

√
e égale à 165 MHz pour une température de 40̊ C) on

obtient les courbes de transmission du signal dans la vapeur atomique présentées sur
la figure 7.3 pour différents paramètres expérimentaux.
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Fig. 7.3 – Courbes théoriques de la transmission du signal dans la vapeur de césium pour
le schéma d’EIT à 3 niveaux en fonction du désaccord à 2 photons δ, après intégration
sur le profil Doppler de demi-largeur ∆D = 165 MHz. (a) Puissance de contrôle : 10 mW
(Ω1 = 1, 4 MHz), ∆1 = 0 MHz (b) Puissance de contrôle : 195 mW (Ω1 = 6, 1 MHz),
∆1 = 0 MHz (c) Puissance de contrôle : 10 mW (Ω1 = 1, 4 MHz), ∆1 = −85 MHz (d)
Puissance de contrôle : 10 mW (Ω1 = 1, 4 MHz), ∆1 = 85 MHz.

Comme nous allons le voir maintenant, ces prédictions théoriques sont très diffé-
rentes des observations expérimentales.
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B Montage expérimental et résultats obtenus

B.1 Schéma expérimental

Pour réaliser les mesures de transparence induite électromagnétiquement en régime
stationnaire, nous nous plaçons dans la même configuration atomique à 3 niveaux que
celle qui vient d’être présentée pour l’étude théorique. Cette configuration est la même
que celle utilisée au chapitre 6 pour les expériences de stockage d’un état cohérent. Le
schéma du montage expérimental est présenté sur la figure 7.4.

Laser
titane-
saphir

l/2
Cs

50/50

Four

Bobines

Rampe de fréquence
A
O
M

Pompe
Repompe

Diode
laser

Diode
laser

50/50

Glan

Contrôle

Signal
PBS

Signal

Contrôle

Repompe

Pompe

+

+Blindage

l/4 l/4

A
O
M

B

Fig. 7.4 – Schéma du montage expérimental utilisé pour mesurer la transparence induite
électromagnétiquement dans une vapeur de césium. Dans la vapeur, le champ signal est
polarisé circulairement σ−, les champs de contrôle, de pompe et de repompe sont polarisés
circulairement σ+. Les faisceaux signal et contrôle ont un diamètre à 1/e2 de 10 mm,
tandis que les faisceaux pompe et repompe ont un diamètre de 14 mm. La température
de la cellule est de 40̊ C.

Le laser titane-saphir utilisé pour produire les champs contrôle et signal, les diodes
laser fournissant les faisceaux pompe et repompe, ainsi que le système blindage, bobines
magnétiques et four autour de la cellule de césium sont les mêmes que ceux décrits au
chapitre 6. La vapeur de césium est maintenue à une température constante de 40̊ C.
Les faisceaux des champs de contrôle et signal ont un diamètre de 10 mm à 1/e2 tandis
que les champs de pompe et de repompe ont un diamètre de 14 mm. Les fréquences
des champs contrôle et signal peuvent être balayées à l’aide de modulateurs acousto-
optiques fonctionnant à 160 MHz dans l’ordre -1. A fréquence du champ de contrôle
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fixée, la fréquence du signal est balayée de façon à faire varier la valeur du désaccord
à 2 photons δ autour de 0. En sortie de la vapeur atomique, les champs de contrôle,
pompe et repompe sont filtrés par un polariseur de Glan et seul le champ signal est
mesuré par la photodiode.

Dans toute la suite du chapitre, pour tracer les courbes représentant les pics de
transparence EIT (ce que l’on appelle la transmission du milieu), le profil Doppler a été
soustrait et les transmissions sont normalisées à 1 (transmission du signal en l’absence
d’atomes). Ceci permet de comparer les courbes expérimentales et théoriques entre elles,
sans avoir à se préoccuper de la forme exacte du profil Doppler. Deux configurations
sont utilisées pour les expériences. La première avec un champ signal de 300 µW, un
champ de pompe de 0,1 mW et un champ de repompe allant de 0,2 à 1 mW. Cette
configuration est particulièrement adaptée à l’étude des faibles transparences avec de
faibles champs de contrôle (de 5 à 70 mW environ). Dans la seconde configuration, la
puissance du champ signal est de 10 µW, celle du champ de pompe est de 0 ou 4 mW
et celle du champ de repompe de 2,5 à 10 mW. Cette configuration est plutôt adaptée
à une étude à fort champ de contrôle (100 mW et au-delà). On notera que la présence
ou l’absence du champ de pompe ne joue quasiment aucun rôle dans le processus
d’EIT à cause de la présence du champ de contrôle, comme on l’avait expliqué lors des
expériences de mémoire présentées au chapitre 6.

B.2 Résultats expérimentaux

Nous allons maintenant présenter quelques courbes de transparence obtenues ex-
périmentalement et surtout observer l’évolution de la forme des pics d’EIT (largeur,
hauteur) en fonction des trois paramètres que sont la puissance et le désaccord à un
photon ∆1 du champ de contrôle, et la puissance du champ de repompe.

B.2.1 Evolution du profil d’EIT en fonction de la puissance du champ de
contrôle

On peut voir sur la figure 7.5 quelques exemples de la forme du pic de transparence
induite pour plusieurs valeurs de la puissance du champ de contrôle.
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Il ressort plusieurs tendances globales de ces courbes :

• La transparence de la fenêtre d’EIT augmente avec la puissance du champ de
contrôle (de gauche à droite sur la figure 7.5). Ceci est vrai quelles que soient les
valeurs des autres paramètres, à savoir le désaccord à un photon ∆1 du champ
de contrôle et les puissances des champs de pompe et de repompe. On peut par
exemple voir cette évolution pour la configuration utilisant un champ signal de
10 µW sur la figure 7.6 (a). Bien que sur cette figure il semblerait qu’on obtienne
une évolution à peu près linéaire de la transparence en fonction de la puissance
du champ de contrôle, il faudrait plus de points expérimentaux pour le confirmer.
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Fig. 7.6 – (a) Transmission de la fenêtre d’EIT dans la vapeur de césium en fonction de la
puissance du champ de contrôle. Puissances des champs signal, de repompe et de pompe :
10 µW, 10 mW et 4 mW respectivement, ∆1 = 0. (b) Largeur totale à mi-hauteur de la
fenêtre d’EIT en fonction de la puissance du champ de contrôle. Paramètres des points• : puissances des champs signal, de repompe et de pompe : 1 mW, 0,5 mW et 0,1 mW
respectivement, ∆1 = 0. Paramètres des points ¥ : puissances des champs signal, de
repompe et de pompe : 10 µW, 10 mW et 4 mW respectivement, ∆1 = 0.

• Evolution de la largeur de la fenêtre d’EIT en fonction de la puissance du champ
de contrôle : cela dépend de la configuration choisie. A faible puissance du champ
de contrôle, disons inférieure à 70 mW, nous avons observé une augmentation de
la largeur en fonction de la puissance de contrôle. Cette évolution est présentée
sur la figure 7.6 (b) (points •) pour une configuration un peu différente des deux
configurations présentées précédemment (signal de 1 mW, repompe de 0,5 mW
et pompe de 0,1 mW) mais qui donne globalement le même type de résultats
que pour la configuration avec un signal de 300 µW. Dans la configuration avec
un faisceau signal de 10 µW et à forte puissance du champ de contrôle (de 65
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à 260 mW), la largeur de la fenêtre d’EIT semble à peu près constante avec la
puissance du champ de contrôle (figure 7.6 (b), points ¥). Il semblerait qu’il y
avait un phénomène de saturation à trop forte puissance du champ de contrôle.
Il faudrait cependant faire d’autres mesures dans des configurations un peu dif-
férentes (variation de la puissance du champ signal et étude sur une gamme plus
grande de la puissance du champ de contrôle) pour préciser cette observation.

B.2.2 Evolution du profil d’EIT en fonction de la puissance du champ de
repompe

Quelques exemples de profils d’EIT pour plusieurs valeurs de la puissance du champ
de repompe sont présentés sur la figure 7.7.
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• La transparence de la fenêtre d’EIT diminue rapidement avec la puissance du
champ de repompe. Ceci est vrai que le champ de contrôle soit exactement à
résonance ou légèrement hors résonance. On a représenté cette évolution pour les
courbes expérimentales de la figure 7.7 sur la figure 7.8.
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Fig. 7.8 – Transparence de la fenêtre d’EIT en fonction de la puissance du champ de
repompe. Paramètres des points • : puissances des champs signal, de contrôle et de
pompe : 300 µW, 10 mW (Ω1 = 1, 4 MHz) et 0,1 mW respectivement, ∆1 = 0. Paramètres
des points ¥ : puissances des champs signal, de contrôle et de pompe : 10 µW, 195 mW
(Ω1 = 6, 1 MHz) et 0 mW respectivement, ∆1 = 0.

• Evolution de largeur de la fenêtre d’EIT : à puissance du champ de contrôle fixée,
nous n’avons pas observé de variation significative de la largeur de l’EIT avec la
puissance du champ de repompe.

B.2.3 Evolution du profil d’EIT en fonction du désaccord du champ de
contrôle

Le dernier paramètre qui joue un rôle important dans le processus d’EIT est le
désaccord ∆1 à un photon du champ de contrôle. On peut voir sur la figure 7.9 quelques
exemples de courbes d’EIT pour plusieurs valeurs de ∆1.
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Notons tout d’abord que les pics de transparence pour un désaccord du champ de
contrôle négatif (donc dans le bleu de la transition F = 3, mF = +1 vers F ′ = 2,
mF ′ = +2) sont très déformés et qu’il est par conséquent assez difficile de mesurer la
transmission et la largeur de ces pics. Etant donné que cette configuration n’est pas
utilisée lors des expériences de mémoire, nous n’allons pas faire une étude approfondie
dans ce cas. Seule la forme globale de ces courbes nous intéressera (section B.2.4).

• La transparence du milieu augmente avec le désaccord pour un désaccord du
champ de contrôle positif et ce que quelle que soit la configuration. Cette évolution
est représentée sur la figure 7.10 (a) et on constate qu’elle est un plus marquée
avec un champ de contrôle de 10 mW qu’avec un champ de contrôle de 195 mW.
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Fig. 7.10 – (a) Transparence induite dans la vapeur de césium en fonction du désaccord
∆1 du champ de contrôle. On rappelle que ∆1 est positif si le champ est dans le rouge de
la transition F = 3, mF = +1 vers F ′ = 2, mF ′ = +2. (b) Largeur totale à mi-hauteur de
la fenêtre de transparence en fonction de ∆1. Paramètres des points • : puissances des
champs signal, de contrôle, de repompe et de pompe : 300 µW, 10 mW (Ω1 = 1, 4 MHz),
0,2 mW et 0,1 mW respectivement. Paramètres des points ¥ : puissances des champs
signal, de contrôle, de repompe et de pompe : 10 µW, 195 mW (Ω1 = 6, 1 MHz), 10 mW
et 4 mW respectivement.

• Largeur de la fenêtre d’EIT : pour la configuration avec un signal de 300 µW et un
champ de contrôle de 10 mW, on observe clairement une diminution de la largeur
quand on s’éloigne de la résonance à 1 photon (figure 7.9 (b) points •) alors que
cette largeur semble à peu près constante dans la configuration avec le champ de
contrôle de 195 mW et un signal de 10 µW (points ¥). Ces différentes tendances
pourraient peut-être expliquer pourquoi dans les expériences de mémoire nous
avons obtenu suivant les configurations soit une augmentation soit une diminution
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de l’efficacité avec le désaccord à 1 photon du champ de contrôle (section B.2.2
du chapitre 6).

B.2.4 Asymétrie du pic de transparence

En plus de l’évolution de la transmission et de la largeur de la fenêtre d’EIT, il
apparâıt un autre phénomène : la symétrie du pic évolue en fonction des paramètres.

On remarque que lorsque le désaccord du champ de contrôle est nul (∆1 = 0), le
flanc droit du pic d’EIT (δ > 0) a une pente plus raide que le flanc gauche (δ < 0).
De plus, en ce qui concerne les transmissions en dehors du pic (sur les “pieds” du
pic), on constate là aussi une dissymétrie : la transmission du côté droit (δ > 0) a
tendance à être plus faible que la transmission du côté gauche (δ < 0), avec souvent la
forme caractéristique d’une transmission qui diminue sur le pied droit du pic avant de
remonter progressivement et de devenir constante. Ce phénomène est particulièrement
visible sur les figures 7.5 (e) à (h) et 7.7 (g) à (i). Ce pic d’EIT s’approcherait parfois
d’une forme de dispersion. La déformation du pic s’accentue très fortement pour un
désaccord négatif du champ de contrôle (figure 7.9 (g) à (i)) et l’on obtient même
sur la figure figure 7.9 (g) une vraie forme de dispersion. Pour un désaccord positif
on a constaté que la symétrie du pic de transparence a tendance à être restaurée
progressivement à faible puissance du champ de contrôle (figure 7.9 (a), (b) et (c) et
aussi figure 7.5 (a)-(c), et (b)-(d)). Par contre, à fort champ de contrôle, la dissymétrie
semble persister (figure 7.9 (d) à (f)).

On constate que les profils de transparence induite que nous avons obtenus sont
assez éloignés des prédictions du schéma à 3 niveaux en Λ, notamment avec une trans-
mission atteignant au maximum environ 30 % et des formes dissymétriques du pic
d’EIT pour un désaccord nul du champ de contrôle. D’autres groupes ayant effectué
des études de transparence induite électromagnétiquement dans des vapeurs sur la
raie D1 du rubidium ou du césium ont observé des pics de transparence symétriques
conformes aux prédictions d’un modèle à 3 niveaux, avec des transmissions dépassant
60 % pour le césium [Höckel et al., 2009] et 70 % pour le rubidium [Li et Xiao, 1995],
[Phillips et al., 2001]. Des formes asymétriques du pic de transparence assez similaires
aux résultats obtenus dans notre expérience ont été observées dans une vapeur du rubi-
dium sur la raie D2 [Ye et Zibrov, 2002]. A notre connaissance, aucune étude détaillée
de la transparence induite électromagnétiquement sur la raie D2 dans une vapeur de
césium n’a à ce jour été publiée. Tout ceci justifie de mener une étude théorique du
processus d’EIT sur la raie D2 du césium plus poussée que l’habituel schéma utilisant
uniquement 3 niveaux en Λ.
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C Modèle théorique avec un schéma à 4 niveaux

La principale différence entre la configuration atomique expérimentale et le schéma
à 3 niveaux en Λ est la présence de niveaux excités supplémentaires au-dessus du niveau
F ′ = 2, niveaux avec lesquels les champs contrôle et signal peuvent interagir. Si l’écart
en fréquence entre ces niveaux était très supérieur à la largeur du profil Doppler, ils
n’auraient qu’une faible influence sur le profil d’EIT. C’est le cas par exemple avec la
raie D1 du césium et du rubidium 87 (écart d’environ 1,2 GHz et 800 MHz respective-
ment entre les deux niveaux excités). Pour la raie D2 de l’atome de césium, l’écart entre
les niveaux F ′ = 2 et F ′ = 3 n’est que de 151 MHz. On comprend donc que les niveaux
excités autres que F ′ = 2 vont jouer un rôle significatif dans le processus d’EIT.

C.1 Schéma des transitions utilisées

On reprend le schéma d’EIT en Λ et on ajoute le niveau excité F ′ = 3 (figure 7.11).
En fait, seul le sous-niveau mF ′ = +2 de F ′ = 3 va intervenir et on va avoir une double

W2, W2'

1 2

3

W1, W1'

d
D1

D2

m =+2F

m =+3F

m =+1F F=3

F'=2

F'=3

m =+2F'

4 m =+2F'

D34
g14 g24

g4

Fig. 7.11 – Schéma d’EIT à 4 niveaux sur la raie D2 du césium. Les notations pour le
niveau F ′ = 2 sont les mêmes que pour la figure 7.1 et ne sont pas répétées pour plus de
lisibilité. Voir le texte pour la description des notations pour le niveau excité F ′ = +3.

configuration en Λ, la première avec le niveau excité F ′ = 2, la seconde avec le niveau
excité F ′ = 3. Les notations utilisées sont les mêmes que pour le schéma à 3 niveaux
vu à la section A avec en plus :

– γj4 est le taux de relaxation du niveau 4 vers le niveau fondamental j (j = 1, 2)
– γ4 est le taux de relaxation du niveau 4 vers les autres niveaux
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– Γ = γ14 + γ24 + γ4 est la largeur naturelle du niveau 4
– 1

2
(Γ + γ0) ≈ 1

2
Γ désigne le taux de relaxation des cohérences 1-4 et 2-4

– la fréquence de Rabi du champ de contrôle pour la transition 1 vers 4 est notée

Ω′
1 =

d′1E1〈A1〉
~ avec d′1 le moment dipolaire associé à cette transition

– la fréquence de Rabi du champ signal pour la transition 2 vers 4 est notée

Ω′
2 =

d′2E2〈A2〉
~ avec d′2 le moment dipolaire associé à cette transition

– ∆34 est l’écart en fréquence entre les niveaux excités F ′ = 2 et F ′ = 3

C.2 Equations en régime stationnaire et calcul de la suscep-
tibilité

Les équations d’évolution pour cette configuration atomique sont au nombre de 10.
Cependant, comme pour le schéma à 3 niveaux on va considérer que les populations
des niveaux 1, 3 et 4 sont nulles, et on pourra se contenter d’écrire les équations pour
les cohérences, les équations pour les populations n’étant plus nécessaires. De plus, on
va supposer que la cohérence σ̃34 entre les niveaux 3 et 4 est nulle étant donné que ce
sont deux niveaux excités. En régime stationnaire, les équations pour les cohérences
σ̃13, σ̃23, σ̃12, σ̃14 et σ̃24 s’écrivent alors

0 = −
(

Γ

2
+ i∆1

)
σ̃13 + iΩ2σ̃

†
21 (7.15)

0 = −
(

Γ

2
+ i∆2

)
σ̃23 + iΩ2 + iΩ1σ̃21 (7.16)

0 = −(Γ21 − iδ)σ̃21 + iΩ∗
1σ̃23 − iΩ2σ̃

†
13 + iΩ′∗

1 σ̃24 − iΩ′
2σ̃
†
14 (7.17)

0 = −
(

Γ

2
+ i(∆1 + ∆34)

)
σ̃14 + iΩ′

2σ̃
†
21 (7.18)

0 = −
(

Γ

2
+ i(∆2 + ∆34)

)
σ̃24 + iΩ′

2 + iΩ′
1σ̃21 (7.19)

Pour calculer la susceptibilité du milieu pour le champ signal, on procède avec un
développement perturbatif comme à la section A. A l’ordre 0, avec les équations (7.15)

et (7.18) on trouve σ̃
(0)
13 = σ̃

(0)
14 = 0. On remplace alors dans les équations (7.16), (7.17)

et (7.19) pour finalement trouver, à l’ordre 1

σ̃
(1)
23 = i

Ω2F1 − Ω1Ω
′∗
1 Ω′

2

F1

(
Γ
2

+ i∆2

)
+ |Ω1|2

(
Γ
2

+ i(∆2 + ∆34)
) (7.20)

et

σ̃
(1)
24 =

i(Ω1Ω
′
2 − Ω′

1Ω2) +
(

Γ
2

+ i∆2

)
Ω′

1σ̃
(1)
23

Ω1

(
Γ
2

+ i(∆2 + ∆34)
) (7.21)
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avec

F1 =

(
Γ

2
+ i(∆2 + ∆34)

)
(Γ21 − iδ) + |Ω′

1|2 (7.22)

On peut alors en déduire la susceptibilité du milieu qui est définie en prenant en compte
les deux transitions possibles pour le signal, c’est-à-dire

N(d2σ̃
(1)
23 + d′2σ̃

(1)
24 ) = ε0χE2〈A2〉 (7.23)

C.3 Courbes théoriques

Un exemple de l’allure de la transmission du signal ainsi que des parties réelle et
imaginaire de la susceptibilité sont présentées sur la figure 7.12 pour des atomes froids.
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Fig. 7.12 – Parties réelle et imaginaire de la susceptibilité pour des atomes froids de
césium pour le schéma d’EIT à 4 niveaux, en fonction du désaccord à 2 photons δ, pour
un désaccord à un photon ∆1 = 0 MHz (a), ∆1 = −85 MHz (c) et ∆1 = 85 MHz (d). (b)
Courbe théorique de la transmission du signal à travers les atomes froids en fonction de
δ, pour un désaccord à un photon ∆1 = 0. L’épaisseur optique du milieu est choisie égale
à celle utilisée pour tracer la courbe 7.2 (b). Paramètres utilisés : 10 mW de puissance
de contrôle pour un faisceau de 10 mm de diamètre (Ω1 = 1, 4 MHz), Γ21 = 550 Hz.
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On remarque des différences avec le schéma à 3 niveaux. Tout d’abord, on constate
que quand le champ de contrôle est à résonance avec le niveau F ′ = 2 (figure 7.12 (a)),
la partie imaginaire de la susceptibilité n’est plus tout à fait symétrique par rapport
à un désaccord à 2 photons δ nul, ce qui se traduit par une légère dissymétrie sur la
courbe de transmission à résonance (mais tellement faible qu’elle n’est pas visible sur
la figure 7.12 (b)). Ensuite, lorsque le désaccord à un photon est non nul, on constate
une dissymétrie très importante de l’absorption pour des valeurs de ∆1 symétriques
(figures 7.12 (c) et (d)). Cette dissymétrie se traduit par des susceptibilités imaginaires
ayant des hauteurs différentes, des largeurs différentes et avec des pics centrés sur des
désaccords δ non symétriques.

Qualitativement on en déduit qu’après intégration sur la largeur Doppler il va y avoir
une déformation du pic d’EIT. Les atomes possédant une vitesse telle que le champ
de contrôle se rapproche de la transition F = 3 vers F ′ = 3 vont créer une absorption
plus importante (figure 7.12 (c)) que les atomes dont la vitesse éloigne la fréquence du
champ de contrôle de cette transition (figure 7.12 (d)). On constate également sur la
courbe de la figure 7.12 (b) que la transmission à résonance diminue par rapport au
cas où l’on a uniquement trois niveaux (figure 7.2 (b)), ces deux courbes étant tracées
en utilisant la même épaisseur optique pour le milieu atomique.

Après intégration sur le profil Doppler, la théorie avec le schéma à 4 niveaux prédit
une disparition totale du pic de transparence, voire l’apparition d’une légère absorption
supplémentaire comme on peut le voir sur la figure 7.13 (a). Ceci ne correspond pas à ce
que l’on a observé expérimentalement, sauf quand on augmente fortement la puissance
du champ de repompe pour un champ de contrôle faible (figure 7.7 (c)) auquel cas on
a effectivement une disparition du pic de transparence.

C.4 Pompage sélectif en vitesse

La théorie permet de retrouver l’allure des courbes expérimentales à condition d’in-
tégrer sur un profil Doppler ayant une largeur plus petite que les 165 MHz prévus par
la théorie. On peut voir sur la figure 7.13 (b) la courbe théorique du pic de transpa-
rence pour un champ de contrôle de 10 mW à résonance en utilisant le schéma à 4
niveaux et en intégrant sur un profil Doppler de demi-largeur à 1/

√
e égale à 55 MHz.

Cette courbe théorique ressemble fortement aux courbes observées expérimentalement
quand le champ de contrôle est à résonance, avec un flanc droit du pic plus raide que
le flanc gauche et une transmission sur le pied droit du pic plus faible que sur le pied
gauche. La transmission atteint les 10 %, ce qui est assez proche des valeurs expéri-
mentales mesurées à faible champ de contrôle. Le même type de courbe est obtenu si
on conserve le profil Doppler initial de 165 MHz de demi-largeur mais qu’on intègre
uniquement sur des atomes correspondant à des décalages de fréquence allant de -80 à
80 MHz environ (figure 7.13 (c)) ou allant de -80 MHz à ∞, la restriction sur l’inté-
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Fig. 7.13 – Courbes théoriques de la transmission du signal à travers la vapeur de cé-
sium pour le schéma d’EIT à 4 niveaux en fonction du désaccord à 2 photons δ, après
intégration sur le profil Doppler. (a) Intégration sur la totalité du profil Doppler de demi-
largeur à 1/

√
e = 165 MHz correspondant à une température de 40 C̊. (b) Intégration

sur un profil Doppler plus étroit de demi-largeur à 1/
√

e = 55 MHz. (c) Intégration entre
-80 MHz et 80 MHz sur le profil Doppler de demi-largeur à 1/

√
e = 165 MHz. (d) Inté-

gration entre -80 MHz du côté du profil Doppler correspondant au bleu de la transition
F = 3, mF = +1 → F ′ = 2, mF ′ = +2 jusqu’à ∞ du côté du profil Doppler correspon-
dant au rouge de cette transition, pour un profil Doppler de demi-largeur de 165 MHz.
Paramètres : champ de contrôle de 10 mW sur un diamètre de 10 mm (Ω1 = 1, 4 MHz),
∆1 = 0 MHz.

gration s’effectuant du côté correspondant à un désaccord dans le bleu de la transition
F = 3, mF = +1 → F ′ = 2, mF ′ = +2 (figure 7.13 (d)).

On interprète ce phénomène de façon qualitative comme étant dû à un effet de dé-
pompage des atomes sélectif en vitesse. Les atomes rapides allant dans le sens contraire
du faisceau de contrôle induisent des décalages de fréquence importants qui font que
le champ de contrôle devient de plus en plus résonant avec les niveaux excités F ′ = 3
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et F ′ = 4 pour ces atomes. Le champ de contrôle excite ces atomes qui peuvent alors
retomber dans le niveau F = 4 où ils ne participent plus au phénomène d’EIT. Une
fois dans le niveau F = 4, ils sont ramenés par le champ de repompe dans le niveau
F = 3, mais de façon peu efficace car ce champ est à résonance sur la transition
F = 4 → F ′ = 4 pour les atomes ayant des vitesses lentes. Les atomes lents ne sont
quant à eux pas vraiment dépompés puisque pour ces atomes le champ de contrôle est
loin des transitions faisant intervenir les niveaux excités F ′ = 3 et F ′ = 4. Ils ont donc
tendance à rester dans le niveau F = 3. Si jamais quelques atomes lents sont dépompés
vers F = 4, ils sont ramenés de façon efficace dans F = 3 par le champ de repompe.
Par conséquent, on en déduit que dans le processus d’EIT, les atomes présents dans
le sous-niveau F = 3,mF = +3 sont majoritairement des atomes avec des classes de
vitesse faible, les atomes plus rapides étant dépompés vers F = 4 où ils ne participent
plus au processus. Ceci est d’ailleurs vérifié si on compare les largeurs des profils Dop-
pler pour différentes valeurs du désaccord à un photon ∆1 du champ de contrôle, les
autres paramètres étant fixés (figure 7.14).
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Fig. 7.14 – Profils Doppler avec les pics d’EIT en fonction du désaccord à 1 photon ∆2 du
champ signal. Chaque courbe correspond à une valeur différente du désaccord à 1 photon
∆1 du champ de contrôle. Les profils sont renormalisés de telle sorte que l’épaisseur
optique au maximum d’absorption soit identique, ce qui permet de comparer la largeur
des courbes pour une même épaisseur optique. Diamètre des faisceaux : 10 mm, puissances
des champs signal, de contrôle, de repompe et de pompe : 10 µW (Ω2 = 170 kHz), 195 mW
(Ω1 = 6, 1 MHz), 10 mW et 4 mW respectivement.

On constate que lorsque le champ de contrôle est désaccordé dans le rouge de la
transition F = 3,mF = +1 → F ′ = 2,mF ′ = +2, donc éloigné des niveaux F ′ = 3
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et F ′ = 4, le profil Doppler est un peu plus large1 que lorsque le champ de contrôle
est désaccordé dans le bleu de cette transition, donc plus proche des niveaux excités.
Ceci confirme que les atomes rapides sont dépompés du niveau F = 3 par le champ de
contrôle et que ce phénomène est de plus en plus marqué quand le champ de contrôle
se rapproche des niveaux excités F ′ = 3 et F ′ = 4. On constate sur ces courbes que la
réduction de la largeur Doppler est assez importante, de l’ordre de quelques dizaines
de MHz à la centaine de MHz, et plus importante du côté des atomes ayant une vitesse
opposée au sens de propagation des faisceaux. Ceci justifie que les courbes théoriques
de l’EIT n’expliquent bien les observations expérimentales que si on intègre sur un
profil Doppler moins large que le profil théorique. Tout ceci reste cependant qualitatif,
et il faudrait faire à la fois une étude expérimentale plus précise et une simulation
théorique prenant en compte les différents faisceaux présents afin de quantifier la forme
et la largeur du “vrai” profil Doppler. Ceci est actuellement en cours d’étude et les
premiers résultats que nous avons obtenus confirment que le profil Doppler des atomes
présents dans F = 3, mF = +3 est moins large que prévu et dissymétrique. Pour ce
manuscrit, nous nous contenterons d’une intégration sur des profils Doppler gaussiens
d’une cinquantaine de MHz de demi-largeur.

On a vu que le schéma à 4 niveaux permet d’obtenir des courbes théoriques en
meilleur accord avec les courbes expérimentales que le schéma à 3 niveaux, à condition
d’intégrer sur un profil Doppler plus étroit que ne le prévoit la théorie, à cause d’un
effet de dépompage des atomes rapides dû au champ de contrôle. Cependant, si on
considère que tous les atomes sont effectivement pompés dans le sous-niveau mF = +3
de F = 3, le champ de contrôle ne peut pas dépomper les atomes dans ce modèle
strict à 4 niveaux, car la transition entre ce sous-niveau et F ′ = 3 n’est pas autorisée
pour un champ de contrôle polarisé σ+. Pour être rigoureux et rendre possible l’effet de
dépompage, il faut prendre en compte l’effet du niveau excité F ′ = 4 dans le processus
d’EIT, ce que nous allons faire maintenant.

D Modèle théorique avec un schéma à 6 niveaux

D.1 Schéma des transitions utilisées

Nous ajoutons maintenant le niveau excité F ′ = 4 dans le modèle théorique.
Contrairement au cas du niveau F ′ = 3, on ne peut pas se contenter de rajouter seule-
ment le sous-niveau mF ′ = +2, il faut aussi tenir compte du sous-niveau mF ′ = +4
étant donné que le champ de contrôle est polarisé σ+ et que les atomes sont pompés

1 Pour une épaisseur optique identique au maximum d’absorption, ce qui permet effectivement de
comparer les largeurs des courbes entre elles.
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dans le sous-niveau mF = +3 de F = 3. On est donc en présence d’un schéma à 6
niveaux (figure 7.15).
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Fig. 7.15 – Schéma d’EIT à 6 niveaux sur la raie D2 du césium. Pour plus de lisibilité,
les taux de relaxation des niveaux autres que les niveaux 5 et 6 n’apparaissent pas (voir
figure 7.1 et 7.11). C désigne le champ de contrôle et S le champ signal. Voir le texte
pour le détail des notations utilisées.

Les notations utilisées sont les mêmes que pour les schémas à 3 et 4 niveaux avec
en plus :

– γj5 désigne le taux de relaxation du niveau 5 vers le niveau fondamental j (j =
1, 2)

– γ5 est le taux de relaxation du niveau 5 vers les autres niveaux
– γ26 désigne le taux de relaxation du niveau 6 vers le niveau fondamental 2
– γ6 est le taux de relaxation du niveau 6 vers les autres niveaux
– Γ = γ15 + γ25 + γ5 = γ26 + γ6 est la largeur naturelle des niveaux 5 et 6, égale à

la largeur naturelle des niveaux 3 et 4
– 1

2
Γ est le taux de relaxation des cohérences 1-5, 2-5 et 2-6

– Ω′′
1 (resp. Ω′′′

1 ) est la fréquence de Rabi pour le champ de contrôle par rapport à
la transition 1 vers 5 (resp. 2 vers 6), d′′1 (resp. d′′′1 ) est le dipôle associé à cette
transition

– Ω′′
2 est la fréquence de Rabi pour le champ signal par rapport à la transition 2

vers 5, d′′2 est le dipôle associé à cette transition
– ∆45 est l’écart en fréquence entre les niveaux excités F ′ = 3 et F ′ = 4.
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D.2 Equations en régime stationnaire et calcul de la suscep-
tibilité

Les équations d’évolution se dérivent de la même manière que pour les cas précé-
dents, avec en plus un champ de contrôle sur la transition de 2 vers 6. Tout comme dans
les cas à 3 et 4 niveaux, nous allons négliger les populations dans les niveaux autres
que le niveau 2. En toute rigueur, il faudrait prendre en compte la population dans le
niveau 6 étant donné que les atomes sont pompés dans le niveau 2 et que le champ
de contrôle peut agir sur la transition de 2 vers 6. Expérimentalement, le champ de
contrôle reste très désaccordé par rapport à cette transition et on peut par conséquent
considérer la population dans le niveau 6 négligeable par rapport à la population dans
le niveau fondamental 2. De plus, il faudrait prendre en compte l’effet de dépompage
des atomes sélectif en vitesse dû à la présence du champ de contrôle, comme on l’a ex-
pliqué précédemment. Cependant, ce calcul nécessite de considérer l’effet conjugué des
champs de contrôle, pompe et repompe, ainsi que toutes les transitions sur lesquelles
ces champs peuvent agir, ce qui complique très fortement le calcul. Par conséquent le
calcul du profil de vitesse des atomes présents dans le sous-niveau 2 ne sera pas abordé
dans ce manuscrit.

Tout comme dans les sections précédentes, on peut négliger les cohérences entre les
niveaux excités. Finalement, les équations en régime stationnaire qui nous intéressent
sont au nombre de 9. On obtient2

0 = −(Γ21 − iδ)σ̃21 + iΩ∗
1σ̃23 + iΩ′∗

1 σ̃24 + iΩ′′∗
1 σ̃25

−iΩ2σ̃
†
13 − iΩ′

2σ̃
†
14 − iΩ′′

2σ̃
†
15 − iΩ′′′

1 σ̃†16 (7.24)

0 = −
(

Γ

2
+ i∆1

)
σ̃13 + iΩ2σ̃

†
21 (7.25)

0 = −
(

Γ

2
+ i∆2

)
σ̃23 + iΩ2 + iΩ1σ̃21 (7.26)

0 = −
(

Γ

2
+ i(∆1 + ∆34)

)
σ̃14 + iΩ′

2σ̃
†
21 (7.27)

0 = −
(

Γ

2
+ i(∆2 + ∆34)

)
σ̃24 + iΩ′

2 + iΩ′
1σ̃21 (7.28)

2 Dans les équations (7.31) et (7.32), on a négligé l’écartement entre sous-niveaux Zeeman par
rapport à ∆34 + ∆45 pour établir le terme d’évolution en l’absence de champ.
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0 = −
(

Γ

2
+ i(∆1 + ∆34 + ∆45)

)
σ̃15 + iΩ′′

2σ̃
†
21 (7.29)

0 = −
(

Γ

2
+ i(∆2 + ∆34 + ∆45)

)
σ̃25 + iΩ′′

2 + iΩ′′
1σ̃21 (7.30)

0 = −
(

Γ

2
+ i(∆1 + δ + ∆34 + ∆45)

)
σ̃16 + iΩ′′′

1 σ̃†21 (7.31)

0 = −
(

Γ

2
+ i(∆1 + ∆34 + ∆45)

)
σ̃26 + iΩ′′′

1 (7.32)

Pour résoudre ce système, on procède comme dans les sections précédentes en faisant
un calcul perturbatif à l’ordre 1 du champ signal. On constate que l’équation (7.32) se
découple du reste du système et que l’équation (7.31) permet d’exprimer directement
σ̃16 en fonction de σ̃†21. Les équations (7.24 - 7.30) forment alors un système de 7
équations à 7 inconnues. Mais à l’ordre 0, les équations (7.25), (7.27) et (7.29) nous
disent que les cohérences σ̃13, σ̃14 et σ̃15 sont nulles. Finalement, à l’ordre 1, il ne reste
plus qu’un système linéaire de 4 équations à 4 inconnues

0 = −
(

Γ21 +
|Ω′′′

1 |2
F2

− iδ

)
σ̃

(1)
21 + iΩ∗

1σ̃
(1)
23 + iΩ′∗

1 σ̃
(1)
24 + iΩ′′∗

1 σ̃
(1)
25 (7.33)

0 = −
(

Γ

2
+ i∆2

)
σ̃

(1)
23 + iΩ2 + iΩ1σ̃

(1)
21 (7.34)

0 = −
(

Γ

2
+ i(∆2 + ∆34)

)
σ̃

(1)
24 + iΩ′

2 + iΩ′
1σ̃

(1)
21 (7.35)

0 = −
(

Γ

2
+ i(∆2 + ∆34 + ∆45)

)
σ̃

(1)
25 + iΩ′′

2 + iΩ′′
1σ̃

(1)
21 (7.36)

avec F2 = Γ
2
− i(∆1 + δ + ∆34 + ∆45). On peut alors résoudre ce système et trouver les

cohérences σ̃
(1)
23 , σ̃

(1)
24 et σ̃

(1)
25 , puis en déduire la susceptibilité linéaire du milieu pour le

champ signal avec la définition suivante

N(d2σ̃
(1)
23 + d′2σ̃

(1)
24 + d′′2σ̃

(1)
25 ) = ε0χE2〈A2〉 (7.37)

Les expressions des cohérences σ̃
(1)
23 , σ̃

(1)
24 et σ̃

(1)
25 ainsi que de la susceptibilité sont données

en annexe E.
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D.3 Courbes théoriques

Comme dans le cas des schémas à 3 et 4 niveaux, commençons par tracer l’allure de
la transmission du signal ainsi que des parties réelle et imaginaire de la susceptibilité
pour des atomes froids (figure 7.16).
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Fig. 7.16 – Parties réelle et imaginaire de la susceptibilité pour des atomes froids de
césium pour le schéma d’EIT à 6 niveaux, en fonction du désaccord à 2 photons δ, pour
un désaccord à un photon ∆1 = 0 MHz (a), ∆1 = −85 MHz (c) et ∆1 = 85 MHz (d). (b)
Courbe théorique de la transmission du signal à travers les atomes froids en fonction de
δ, pour un désaccord à un photon ∆1 = 0. L’épaisseur optique du milieu est choisie égale
à celle utilisée pour tracer les courbes 7.2 (b) et 7.12 (b). Paramètres utilisés : 10 mW
de puissance de contrôle pour un faisceau de 10 mm de diamètre (Ω1 = 1, 4 MHz),
Γ21 = 550 Hz.

On constate que les valeurs sont très proches du schéma à 4 niveaux, ce qui nous
indique que le schéma à 6 niveaux ne fait qu’apporter quelques légers termes correctifs
par rapport au schéma à 4 niveaux. Intuitivement, ceci s’explique par le rôle mineur
joué par le niveau excité F ′ = 4 dans le processus d’EIT, ce niveau étant éloigné de
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350 MHz par rapport au niveau F ′ = 2. Par contre, ce niveau joue un rôle crucial dans
le dépompage des atomes vers le niveau F = 4 par le champ de contrôle.

Pour les atomes chauds, si on intègre sur la totalité du profil Doppler, on trouve
comme dans le schéma à 4 niveaux une disparition du pic d’EIT. On va donc procéder
comme on l’a fait précédemment à savoir intégrer sur un profil Doppler moins large que
celui prévu pour une température de 40̊ C. Nous allons reprendre les trois paramètres
expérimentaux étudiés précédemment, à savoir la puissance et le désaccord du champ
de contrôle et la puissance du champ de repompe et étudier leur influence sur la forme
des courbes théoriques d’EIT.

D.3.1 Evolution théorique du profil d’EIT en fonction de la puissance du
champ de contrôle

La figure 7.17 présente différents profils théoriques de transparence obtenus avec
le schéma à 6 niveaux en faisant varier la puissance du champ de contrôle pour des
valeurs identiques à celles utilisées pour les courbes expérimentales de la figure 7.5.
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• La théorie prévoit une augmentation (linéaire) de la largeur du pic d’EIT avec la
puissance du champ de contrôle comme on peut le voir sur les figures 7.17 (a) à
(g). Nous avons effectivement observé cela expérimentalement à faible puissance
du champ de contrôle, mais pas à forte puissance (7.6 (b)).

• La théorie n’indique qu’une très faible augmentation de la hauteur du pic d’EIT
avec la puissance du champ de contrôle (environ 1 % entre 65 et 260 mW) alors
qu’expérimentalement cette augmentation est très marquée (20 % entre 65 et 260
mW).

Il se peut que ce phénomène observé expérimentalement provienne d’un dépompage
de plus en plus important des atomes rapides au fur et à mesure qu’on augmente la
puissance du champ de contrôle. Pour vérifier ce phénomène, nous avons intégré les
courbes théoriques sur un profil Doppler de plus en plus étroit avec l’augmentation de
la puissance du champ de contrôle, en choisissant la largeur Doppler de telle sorte que la
largeur du pic d’EIT soit à peu près constante (figure 7.17 (h) à (k)). Deux phénomènes
apparaissent alors. Tout d’abord on constate que le pic d’EIT est de moins en moins
déformé quand on diminue la largeur du profil Doppler. La seconde observation est
que la transmission du pic d’EIT augmente très fortement avec la puissance du champ
de contrôle si dans le même temps on réduit la largeur Doppler. Ceci est conforme
aux résultats expérimentaux. Notons aussi que les courbes théoriques présentées sur la
figure 7.17 sont tracées avec un champ de contrôle vérifiant la condition de résonance à
un photon, mais que les évolutions observées sont encore valables pour un désaccord du
champ de contrôle dans le rouge de la transition F = 3,mF = +1 → F ′ = 2,mF ′ = +2.

Il semblerait donc qu’expérimentalement, les observations faites avec la variation
de la puissance du champ de contrôle soient une combinaison entre les caractéristiques
intrinsèques à l’EIT et un dépompage des atomes rapides vers le niveau F = 4 par le
champ de contrôle, ce dernier phénomène s’accentuant avec la puissance du champ de
contrôle.

D.3.2 Evolution théorique du profil d’EIT en fonction de la puissance du
champ de repompe

En ce qui concerne l’évolution théorique de la forme du profil d’EIT en fonction
de la puissance du champ de repompe, la situation est plus complexe. En effet, la
puissance du champ de repompe n’intervient pas de façon directe dans la formule de la
susceptibilité du milieu atomique. Elle n’intervient qu’indirectement à travers le nombre
d’atomes qui change l’épaisseur optique du milieu. Mais il se peut aussi qu’en faisant
varier la puissance du champ de repompe, on agisse sur la proportion d’atomes rapides
effectivement repompés vers le niveau F = 3, et donc sur la largeur du profil Doppler
sur lequel on effectue l’intégration dans le calcul de la transmission du milieu. Dans
les deux cas, avec la définition de la transparence induite utilisée dans ce chapitre, la
théorie prévoit une diminution de la transparence avec l’augmentation de la puissance
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du repompeur comme cela a été observé expérimentalement. Une étude plus poussée
du phénomène de pompage optique en présence des champs de contrôle et de repompe,
prenant en compte la vitesse des atomes, permettrait de mieux modéliser l’influence de
la repompe sur le profil Doppler et sur la fenêtre d’EIT.

D.3.3 Evolution théorique du profil d’EIT en fonction du désaccord du
champ de contrôle

Afin de comparer avec les observations de la figure 7.9 nous présentons sur la figure
7.18 quelques courbes théoriques des pics d’EIT pour plusieurs valeurs du désaccord
du champ de contrôle.

Conformément aux observations expérimentales, la théorie prévoit une déformation
progressive du pic de transparence lorsque la fréquence du champ de contrôle évolue
du rouge de la transition F = 3,mF = +1 → F ′ = 2,mF ′ = +2 (forme de pic) vers le
bleu de cette transition (forme de dispersion) (figures (d) à (a) et (h) à (e)).

En ce qui concerne l’évolution de la transparence induite et de la largeur du pic, les
prédictions théoriques sont conformes aux observations expérimentales pour de faibles
puissances du champ de contrôle (figures (a) à (d)), à savoir une transparence qui
augmente et une largeur qui diminue avec le désaccord du champ de contrôle. La
théorie prévoit toujours un tel comportement à forte puissance du champ de contrôle
alors qu’expérimentalement l’évolution est beaucoup moins marquée (figure 7.10). On
peut se rapprocher des observations expérimentales à forte puissance du champ de
contrôle si on intègre sur un profil Doppler de plus en plus large au fur et à mesure que
le champ de contrôle s’éloigne des niveaux excités F ′ = 3 et F ′ = 4 (figures 7.18 (i)
à (l)) ce qui se comprend intuitivement comme un dépompage des atomes rapides de
moins en moins efficace. Ceci confirme une fois de plus qu’à forte puissance, le champ
de contrôle effectue un dépompage des atomes sélectif en vitesse.
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D.3.4 Evolution théorique de la dispersion

Dans ce qui précède, nous avons analysé l’évolution théorique de la forme du pic de
transparence induite en fonction des paramètres intervenant dans l’expérience. Mais la
dispersion du milieu joue aussi un rôle très important dans les expériences de stockage
puisqu’elle nous renseigne sur le ralentissement de la lumière dans le milieu, ralentis-
sement nécessaire pour que la mémoire atomique ait de bonnes performances.

Nous avons par conséquent étudié la forme théorique de la partie réelle de la suscep-
tibilité du milieu en fonction des trois paramètres que sont la puissance et le désaccord
∆1 du champ de contrôle, et la largeur du profil Doppler sur lequel on effectue l’in-
tégration. Les courbes théoriques sont présentées sur la figure 7.19. On constate tout
d’abord sur ces courbes qu’après intégration sur le profil Doppler, quand le champ de
contrôle est à résonance, la susceptibilité réelle ressemble plus à un pic qu’à une dis-
persion (pour des atomes froids, on a une forme de dispersion). Quand la puissance
du champ de contrôle augmente, les autres paramètres étant fixés, on constate que
les flancs du pic sont de moins en moins raides (figures (a) à (d)), ce qui indique un
ralentissement moindre de la lumière dans le milieu. Ceci tendrait à indiquer que l’ef-
ficacité de la mémoire diminue avec la puissance du champ de contrôle, mais il faut
aussi prendre en compte la transparence du milieu qui, expérimentalement, augmente
avec la puissance de contrôle. Il y a donc une compétition entre ces deux phénomènes
ce qui permet d’expliquer pourquoi dans certaines configurations nous avons observé
un optimum sur la puissance du champ de contrôle à utiliser pour les expériences de
mémoire (figure 6.16 (a)). Cet effet de diminution de la vitesse de groupe à forte puis-
sance du champ de contrôle peut aussi être partiellement compensée par le dépompage
des atomes rapides par le faisceau de contrôle. On voit en effet sur les figures 7.19
(i) à (l) que la pente de la susceptibilité réelle, et par conséquent le ralentissement de
la lumière dans le milieu, est de moins en moins importante quand on augmente la
largeur du profil Doppler sur laquelle on intègre. Dans ce cas, une augmentation de
la puissance du champ de contrôle favoriserait le dépompage et donc le ralentissement
de la lumière. Enfin, notons que la forme de la susceptibilité réelle reprend peu à peu
une forme de dispersion quand le champ de contrôle est désaccordé dans le rouge de la
transition F = 3,mF = +1 → F ′ = 2,mF ′ = +2 (figure 7.19 (e) à (h)).
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E Conclusion

Nous avons étudié dans ce chapitre le phénomène de transparence induite électroma-
gnétiquement sur la raie D2 du césium en considérant les mêmes transitions que celles
qui interviennent dans les expériences de mémoire du chapitre 6. La forme des courbes
expérimentales et leur évolution en fonction des 3 paramètres que sont la puissance
et le désaccord du champ de contrôle, ainsi que la puissance du champ de repompe,
montre une grande différence avec les prédictions du schéma usuel à 3 niveaux en Λ.
Les courbes obtenues sont aussi très différentes de ce qu’ont observé d’autres groupes
dans des vapeurs de rubidium ou de césium sur la raie D1. En faisant intervenir les
niveaux excités F ′ = 3 et F ′ = 4 dans le processus d’EIT, nous avons obtenu des
résultats théoriques en meilleur accord avec les observations expérimentales, à condi-
tion toutefois de considérer un profil Doppler plus étroit que ne le prévoit la théorie
cinétique des gaz à la température de la cellule de césium. Nous interprétons cet effet
comme provenant d’un dépompage des atomes du niveau F = 3 vers le niveau F = 4 à
cause de la présence du champ de contrôle et des niveaux excités au-dessus de F ′ = 2,
ce dépompage étant plus important pour les atomes rapides que pour les atomes lents.
En comparant les résultats expérimentaux et les résultats théoriques, il semblerait que
ce dépompage joue un rôle majeur dans les expériences présentées dans ce chapitre
et dans le chapitre 6. Bien que les schémas théoriques à 4 et 6 niveaux permettent
d’expliquer les observations expérimentales mieux que ne le fait le schéma à 3 niveaux,
l’étude effectuée dans ce chapitre reste qualitative. Il faudrait prendre en compte de
façon plus précise les phénomènes de pompage et dépompage des atomes en fonction
de la puissance et du désaccord des différents champs et aussi en fonction de la vitesse
des atomes. Cela permettrait d’obtenir des résultats plus quantitatifs pour modéliser
le phénomène d’EIT. Cette étude est actuellement en cours.



Conclusion

La première moitié de ce manuscrit a été consacrée à l’étude à la fois théorique et
expérimentale d’une source de vide comprimée résonante avec la raie D2 du césium à
852 nm. Cette source est réalisée à partir d’un oscillateur paramétrique optique (OPO)
utilisant un cristal de PPKTP et fonctionnant sous le seuil d’oscillation. L’OPO a
permis d’obtenir de la compression de bruit en sortie sur une bande de fréquence
allant de 25 kHz à plus de 5 MHz, ce qui en fait un système de compression de bruit
large bande. Entre 50 kHz et 2 MHz une réduction de bruit de plus de 50 % a été
mesurée. L’observation d’états comprimés à basse fréquence a été rendue possible par
l’utilisation d’une source laser et de systèmes d’asservissement présentant un faible bruit
technique à ces fréquences. Deux méthodes de mesure ont été utilisées pour évaluer le
taux de compression : un analyseur de spectre et une carte d’acquisition associée à un
algorithme de reconstruction de l’état par tomographie quantique. Les deux dispositifs
ont donné des résultats comparables.

Afin de stocker à terme des faisceaux intriqués dans deux mémoires quantiques, une
étude théorique a été menée concernant la possibilité d’obtenir des faisceaux intriqués
à partir de la source de vide comprimé que nous avons développée. Deux dispositifs ont
été comparés dans ce but, à savoir une lame semi-réfléchissante et une cavité de filtrage
de type Fabry-Pérot. Le premier offre des performances meilleures que le second en
termes d’intrication des faisceaux juste après le dispositif de séparation spatiale. Si on
considère l’intrication après passage de ces faisceaux dans deux ensembles atomiques
dans lesquels des fenêtres de transparence induite électromagnétiquement (EIT) ont
été créées, la cavité offre sous certaines conditions des performances meilleures que la
lame semi-réfléchissante.

La seconde moitié du manuscrit a été dédiée à l’étude d’une mémoire par EIT dans
une vapeur de césium, sur la raie D2. Cette mémoire réalise le transfert réversible des
fluctuations quantiques d’un faisceau incident sur la cohérence entre deux sous-niveaux
Zeeman du niveau fondamental F = 3 du césium. Ce transfert est commandé par un
faisceau de contrôle qui pilote l’ouverture d’une fenêtre de transparence dans le milieu
atomique. L’interface atomes-champs ainsi réalisée permet de stocker et de restituer
de façon cohérente les deux quadratures du champ incident, et ce sans ajout de bruit.
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252 Conclusion

Des efficacités de stockage en amplitude de 10 % ont été obtenues pour des temps de
stockage de 10 µs. A temps de stockage plus court et avec des champs de contrôle plus
intenses, des efficacités de stockage de 20 % ont été observées, mais les faisceaux relus
présentent dans ce cas de l’excès de bruit. Une étude approfondie de cet excès de bruit a
permis de le réduire de façon significative sans pour autant atteindre le bruit quantique
standard. Ce bruit semble provenir d’une interaction entre le champ de contrôle et
les atomes, et le phénomène est particulièrement présent lors d’une variation rapide
de la puissance du faisceau de contrôle. Son origine exacte reste cependant encore à
déterminer. L’étude des performances de la mémoire dans le diagramme T/V indique
que ce système dépasse les performances accessibles à un système classique.

Dans le but d’améliorer les performances de la mémoire, une étude à la fois ex-
périmentale et théorique a été menée concernant le phénomène d’EIT sur la raie D2

d’une vapeur de césium. Les courbes expérimentales obtenues ne peuvent pas être dé-
crites de façon satisfaisante à l’aide d’un schéma d’EIT usuel utilisant uniquement 3
niveaux atomiques en Λ. Une simulation numérique faisant intervenir les autres niveaux
de la structure hyperfine de cette raie et l’élargissement Doppler a donné des courbes
théoriques en meilleur accord avec les observations expérimentales.

Le fait de disposer d’une source de vide comprimé et d’une mémoire quantique
ouvre la voie à la démonstration expérimentale de la distribution, du stockage et de la
restitution de faisceaux intriqués dans deux ensembles atomiques, ce qui est l’un des
éléments de base des réseaux de communications quantiques. Dans ce but, une cavité
Fabry-Pérot permettant de créer deux faisceaux intriqués à partir d’un état comprimé
est en cours de réalisation. De plus, afin d’obtenir de meilleures performances de sto-
ckage, le dispositif expérimental de mémoire quantique va être transféré prochainement
vers un système utilisant un nuage d’atomes froids de césium au lieu d’une vapeur.



Annexe

A Fonction de Wigner, vide comprimé

A.1 Fonction de Wigner pour un état gaussien quelconque

Par définition, la fonction de Wigner pour un état gaussien monomode est une
gaussienne de 2 variables x et y. Mathématiquement W (x, y) est l’exponentielle d’une
forme quadratique, c’est-à-dire d’une forme bilinéaire, symétrique

W (x, y) = Ae−(a(x−x0)2+2b(x−x0)(y−y0)+c(y−y0)2) (A-1)

avec {a, b, c} ∈ R3. La matrice

(
a b
b c

)
doit être définie positive afin que

∫
dxW (x, y)

et
∫

dyW (x, y) convergent et soient des gaussiennes et que W (x, y) soit normée. Cette
matrice est diagonalisable et on note Rθ la matrice de rotation d’angle θ qui permet de
passer à la base où elle est diagonale. Dans le repère formé par les quadratures d’angle
θ, {X̂θ, Ŷθ} définies comme en (1.8)

X̂θ = cos(θ)X̂ + sin(θ)Ŷ = â†eiθ + âe−iθ, Ŷθ = − sin(θ)X̂ + cos(θ)Ŷ = i(â†eiθ − âe−iθ)
(A-2)

la fonction de Wigner prend la forme

W (xθ, yθ) = Ae
−

(
(xθ−xθ)2

2σ2
1

+
(yθ−yθ)2

2σ2
2

)

(A-3)

avec σ1, σ2 > 0. Le fait que W soit normé à 1 conduit à avoir A = 1/(2πσ1σ2). On
obtient alors l’expression générale de la fonction de Wigner pour un état gaussien
quelconque après rotation d’angle θ dans le repère {Xθ, Yθ} adapté

W (xθ, yθ) =
1

2πσ1σ2

e
−

(
(xθ−xθ)2

2σ2
1

+
(yθ−yθ)2

2σ2
2

)

(A-4)

D’après les propriétés de la section B.3.2 du chapitre 1 on en déduit les valeurs moyennes
et les variances des quadratures X̂θ et Ŷθ

〈X̂θ〉 = xθ, 〈Ŷθ〉 = yθ et (∆X̂θ)
2 = σ2

1, (∆Ŷθ)
2 = σ2

2 (A-5)
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254 Annexe

L’inégalité de Heisenberg implique

σ1σ2 ≥ 1 (A-6)

Pour σ1 = σ2 = 1 on a un état cohérent. Si σ1 ou σ2 est inférieur à 1, on a un état
comprimé (minimal ou non). Si σ1 = σ2 > 1, on a un état thermique.

Si l’inégalité de Heisenberg est vérifiée par le cas d’égalité, on a un état minimal.
Un état comprimé minimal selon la direction Xθ aura donc comme fonction de Wigner

W (xθ, yθ) =
1

2π
e
−

(
(xθ−xθ)2

2s
+

s(yθ−yθ)2

2

)

(A-7)

avec s < 1. Pour s > 1 cet état est comprimé selon la direction Yθ.

A.2 Expression d’un état de vide comprimé minimal dans la
base de Fock

Partons de la définition : un état de vide comprimé minimal de paramètre r selon la
direction θ est un état propre de l’opérateur Âr,θ = ch(r)eiθ â + sh(r)e−iθ â† de valeur
propre 0

Âr,θ |0, r, θ〉 = 0 (A-8)

On décompose |0, r, θ〉 sur la base des états de Fock

|0, r, θ〉 =
∞∑

n=0

Cn |n〉 (A-9)

On applique l’opérateur Âr,θ

Âr,θ |0, r, θ〉 =
∞∑

n=1

Cnch(r)eiθ
√

n |n− 1〉+
∞∑

n=0

Cnsh(r)e−iθ
√

n + 1 |n + 1〉 = 0 (A-10)

qui donne après changement d’indice

∞∑
j=0

Cj+1ch(r)eiθ
√

j + 1 |j〉+
∞∑

j=1

Cj−1sh(r)e−iθ
√

j |j〉 = 0 (A-11)

d’où la relation de récurrence

Cj+1 = −th(r)e−2iθ

√
j

j + 1
Cj−1 pour j > 0 (A-12)
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et pour j = 0 on a C1 = 0. On en déduit que tous les Cj avec j impair seront nuls : un
état de vide comprimé minimal ne contient pas d’état de Fock à nombre de photons
impair. On résout la relation de récurrence assez simplement et on trouve

C2n =

(
−th(r)

2

)n

e−i2nθ

√
(2n)!

n!n!
C0 (A-13)

D’où l’expression de l’état de vide comprimé dans la base de Fock

|0, r, θ〉 = C0

∞∑
n=0

(
−th(r)

2

)n

e−i2nθ

√(
2n
n

)
|2n〉 (A-14)

Il reste à déterminer C0 en disant que l’état est normé à 1, ce qui donne

〈0, r, θ|0, r, θ〉 = 1 = (C0)
2

∞∑
n=0

(
2n
n

)(
th(r)

2

)2n

= (C0)
2ch(r) (A-15)

On en déduit donc C0 = 1√
ch(r)

ainsi que l’expression final du vide comprimé dans la

base de Fock

|0, r, θ〉 =
1√

ch(r)

∞∑
n=0

√(
2n
n

)
e−i2nθ

(
−th(r)

2

)n

|2n〉 (A-16)

La probabilité de mesurer 2n photons vaut

pS(2n) =
1

ch(r)

(
2n
n

)(
th(r)

2

)2n

(A-17)

A.3 Expression de la fonction de Wigner pour l’opérateur
|n〉〈m|

La relation (1.39) donnant la fonction de Wigner en fonction de la matrice densité
est linéaire par rapport à ρ. Si on décompose la matrice densité dans la base de Fock

ρ =
∑
n,m

ρnm|n〉〈m| (A-18)

alors on peut décomposer la fonction de Wigner sous la forme

W (x, y) =
∑
n,m

ρnmW|n〉〈m|(x, y) (A-19)
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où W|n〉〈m|(x, y) est la “fonction de Wigner” pour l’opérateur |n〉〈m|. On ne peut pas
vraiment parler de fonction de Wigner pour un état quantique étant donné que cet
opérateur n’est pas hermitien, mais la relation (1.39) peut s’appliquer à cet opérateur
et on la prendra comme définition pour W|n〉〈m|(x, y). D’après [Wigner, 1932], on peut
écrire la fonction de Wigner comme une intégrale en représentation |x〉 sous la forme

W|n〉〈m|(x, y) =
1

2π

∫
dve−ivy〈x + v/2|n〉〈m|x− v/2〉 (A-20)

On fera attention que les quadratures X̂ et Ŷ sont définies ici par X̂ = â†+â√
2

et

Ŷ = i(â†−â)√
2

ce qui est différent des conventions utilisées au chapitre 1. Le bruit quan-

tique standard vaut donc 1/2 pour les variances. Cette convention sera utilisée dans ce
paragraphe, les expressions qui nous intéressent étant largement plus documentées avec
cette convention qu’avec la nôtre. On peut trouver dans [Cohen-Tannoudji et al., 1973]
par exemple l’expression des états nombres en représentation |x〉, avec la convention
~ = 1

〈n|x〉 =

(
1

π

)1/4
1√
2nn!

e−
x2

2 Hn(x) (A-21)

où Hn est le polynôme d’Hermite d’ordre n. On en déduit alors

W|n〉〈m|(x, y) =
1√

π32n+m+2n!m!
e−x2

∫
dve−ivye−

v2

4 Hn(x + v/2)Hm(x− v/2) (A-22)

On fait le changement de variable z = v+2iy
2

pour trouver

W|n〉〈m|(x, y) =
1√

π32n+mn!m!
e−(x2+y2)

∫
dze−z2

Hn(x + z − iy)Hm(x− z + iy)

(A-23)
On suppose maintenant que n ≥ m et on utilise les propriétés suivantes des polynômes
de Hermite Hm(−x) = (−1)mHm(x) et H ′

n(x) = 2nHn−1(x) pour écrire

W|n〉〈m|(x, y) =
(−1)n

√
π32n+mn!m!

e−(x2+y2) 1

2n−m

m!

n!

dn−m

dαn−m

∫
dze−z2

Hn(z + α∗)Hn(z − α)

(A-24)
avec α = x + iy. On utilise alors la relation donnée par [Hillery et al., 1984]

∫
dze−z2

Hn(z + α∗)Hn(z − α) = 2n
√

πn!Ln(2|α|2) (A-25)

où Ln est le polynôme de Laguerre d’ordre n, ainsi que la relation donnant les polynômes
de Laguerre généralisés Lk

n(x) = (−1)k dk

dxk Ln+k(x) pour trouver

W|n〉〈m|(x, y) =
(−1)n

π
2

m−n
2 e−(x2+y2)

√
m!

n!

dn−m

dαn−m
Ln(2|α|2) (A-26)
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W|n〉〈m|(x, y) =
(−1)n

π
2

m−n
2 e−(x2+y2)

√
m!

n!
(2α∗)n−m(−1)n−mLn−m

m (2|α|2) (A-27)

d’où l’expression finale

W|n〉〈m|(x, y) =
(−1)m

π

√
m!

n!
(
√

2(x− iy))n−me−(x2+y2)Ln−m
m (2(x2 + y2)) n ≥ m (A-28)

W|n〉〈m|(x, y) =
(−1)n

π

√
n!

m!
(
√

2(x + iy))m−ne−(x2+y2)Lm−n
n (2(x2 + y2)) m > n (A-29)

le cas m > n se déduisant simplement du précédent en faisant le changement de variable
v → −v dans (A-22).

Cette expression est très utile lorsqu’on a la matrice densité dans la base de Fock
et qu’on souhaite reconstruire la fonction de Wigner (voir section D du chapitre 4).

B Données sur le césium 133

La plupart des valeurs numériques présentées dans cette annexe sont issues de
[Steck, 2008].

• Symbole et numéro atomique : 133
55Cs

• Masse d’un atome : mCs = 132, 90 uma = 2, 2069.10−25 kg

• Température de fusion (à P = 1 atm) : TF = 28, 4̊ C

• Structure électronique fondamentale (dernier niveau) : 6S1

• Spin nucléaire : I = 7/2

• Durée de vie d’un atome dans le niveau excité (raie D2) : τ = 30, 4 ns

• Largeur naturelle totale d’un niveau excité (raie D2) : Γ = 2π × 5, 23 MHz

Le moment angulaire total F = I + L + S = 7/2 + L + 1/2 pour le niveau fondamental
(L = 0) vaut F = 3 ou 4. Il y a donc deux niveaux fondamentaux. Les niveaux excités
de la raie D2 correspondent à L = 1 et L + S = 3/2, ce qui donne 4 niveaux excités
possibles ayant pour valeurs respectives pour F = 2, 3, 4 et 5. La structure hyperfine
est représentée figure 8.1.

La longueur d’onde correspondant à la transition entre le sous-niveau F = 3 (F =
4) du niveau fondamental 62S1/2 et le niveau excité F = 4 de 62P3/2 vaut environ
852,105 nm (resp. 852,127 nm) à 20̊ C dans l’air.

La pression de vapeur saturante du césium en Pa pour la phase solide (T < 28, 4̊ C)
vaut

PV = 109,717− 3999
T (B-1)
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et pour la phase liquide (T > 28, 4̊ C)

PV = 109,171− 3830
T (B-2)

où T est la température en K (valeurs issues de [Alcock et al., 1984]). On peut alors en
déduire la densité atomique d’une vapeur de césium contenue dans une ampoule sous
vide, à l’équilibre avec du césium liquide ou solide

nV =
NAPV

RT
(B-3)

où NA est le nombre d’Avogadro, et R la constante des gaz parfait. Le tableau 8.1
donne la pression de vapeur saturante et la densité atomique pour des valeurs usuelles
de température entre 20 et 50̊ C.

T (̊ C) 20 25 30 35 40 45 50
PV (10−4 Pa) 1, 19 2, 02 3, 44 5, 52 8, 72 13, 6 20, 8
nV (1010 atomes/cm3) 2, 94 4, 90 8, 23 13, 0 20, 2 30, 9 46, 7

Tab. 8.1 – Pression de vapeur saturante et densité atomique pour quelques valeurs de
température de 20 à 50̊ C.

F=5

F=4

F=3

F=2

F=4

F=3

6 P
2

3/2

6 S
2

1/2

l = 852.347 nm

251 MHz

201 MHz

151 MHz

9.1926 GHz

-350 kHz/G

350 kHz/G

-930 kHz/G

0 kHz/G

370 kHz/G

560 kHz/G g = 2/5F

g = 4/15F

g = 0F

g = -2/3F

g = 1/4F

g = -1/4F

12.8 MHz

4.0218 GHz

Fig. 8.1 – Schéma représentant la structure hyperfine de la raie D2 du césium 133 (gF :
facteur de Landé). Valeurs numériques dans le vide issues de [Steck, 2008].



C. Doublage de fréquence en quasi-accord de phase et avec absorption de la seconde
harmonique 259

Le moment dipolaire électrique associé à la transition entre le sous-niveau mF du
niveau hyperfin F et le sous-niveau mF ′ du niveau excité F ′ s’exprime sous la forme
[Steck, 2008]

〈F mF |dq|F ′ mF ′〉 = α(J, J ′, F, F ′,mF ,mF ′ , q)〈J |d|J ′〉 (B-4)

où 〈J |d|J ′〉 est un dipôle réduit qui vaut 3, 80.10−29 C.m pour toutes les transitions de
la raie D2 du césium et α(J, J ′, F, F ′,mF , mF ′ , q) est un coefficient mutiplicateur qui
vaut

α = (−1)F ′+J+I+1〈F mF |F ′ 1 mF ′ q〉
√

(2F ′ + 1)(2J + 1)

{
J J ′ 1
F ′ F I

}
(B-5)

avec 〈F mF |F ′ 1 mF ′ q〉 un coefficient de Clebsch-Gordan,

{
J J ′ 1
F ′ F I

}
un symbole

6-j de Wigner et enfin q = −1, 0, +1 désigne la polarisation du faisceau permettant
d’effectuer la transition, avec −1 pour une polarisation σ+, 0 pour une polarisation π
et +1 pour une polarisation σ−. On peut trouver les coefficients multiplicateurs α déjà
calculés pour les raies D1 et D2 du césium dans [Steck, 2008].

On notera que le moment dipolaire réduit et la largeur naturelle des niveaux excités
sont reliés par la formule

Γ =
ω3

3πε0~c3

2J + 1

2J ′ + 1
〈J |d|J ′〉2 (B-6)

C Doublage de fréquence en quasi-accord de phase

et avec absorption de la seconde harmonique

Nous allons établir la formule approchée donnant l’efficacité de doublage en simple
passage dans un milieu où l’on a quasi-accord de phase et des pertes par absorption
non-négligeables sur la seconde harmonique produite. On rappelle qu’on se place dans
le cas où l’on néglige la déplétion de la pompe.

Considérons un matériau non-linéaire formé de 2N couches de largeur lc. Nous
choisirons lc comme étant la longueur de cohérence π/|∆k|, mais le calcul est valable
jusqu’à (C-7) pour toute valeur de lc. On suppose que par un procédé quelconque on
a inversé le signe de la susceptibilité d’ordre 2 toutes les longueurs lc (matériau de
type PP), χ(2) étant positif sur les intervalles [2nlc, (2n + 1)lc], négatif sur les autres
intervalles. L’équation de propagation avec absorption pour E2 (3.14) se résout dans les
régions où χ(2) est positif sous la forme

E2(z) = C+e−α(ω2)z +
B

α(ω2) + i∆k
ei∆kz (C-1)
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où l’on a posé B = iω2χ(2)

2n(ω2)c
E2

1 . On peut exprimer la constante C+ en fonction du champ

E2(2nlc) en entrée des régions à χ(2) positif pour trouver

E2((2n + 1)lc) = E2(2nlc)e
−α(ω2)lc +

B

α(ω2) + i∆k
ei∆k2nlc(ei∆klc − e−α(ω2)lc) (C-2)

Pour les régions où χ(2) est négatif le calcul est identique à condition de changer B en
−B. On trouve alors

E2((2n+2)lc) = E2((2n+1)lc)e
−α(ω2)lc− B

α(ω2) + i∆k
ei∆k(2n+1)lc(ei∆klc−e−α(ω2)lc) (C-3)

D’où la relation de récurrence entre la sortie et l’entrée d’un groupe de deux lames à
susceptibilités respectivement positive et négative

E2((2n + 2)lc) = E2(2nlc)e
−2α(ω2)lc − B

α(ω2) + i∆k
ei∆k2nlc

(
ei∆klc − e−α(ω2)lc

)2
(C-4)

A la sortie des 2N couches du cristal on obtient, sachant que E2(0) = 0

E2(2Nlc) = − B

α(ω2) + i∆k

(
ei∆klc − e−α(ω2)lc

)2
ei∆k2(N−1)lc

N−1∑
j=0

e−2jα(ω2)lce−i2j∆klc

(C-5)

On pose l̃c = lc

(
1 + α(ω2)

i∆k

)
pour remplacer le terme de la somme par e−i2j∆kl̃c . On

trouve alors

E2(2Nlc) = − B

α(ω2) + i∆k

(
ei∆klc − e−α(ω2)lc

)2
ei∆k2(N−1)lc

1− e−i2N∆kl̃c

1− e−i2∆kl̃c
(C-6)

On en déduit alors l’efficacité de conversion en simple passage

EQPM
NL (2Nlc, ∆k, α(ω2)) =

ω2
2(χ

(2))2
∣∣ei∆klc − e−α(ω2)lc

∣∣4

8n(ω2)n(ω1)2c3ε0S |α(ω2) + i∆k|2
e−2Nα(ω2)lc

e−2α(ω2)lc

∣∣∣∣∣
sin(N∆kl̃c)

sin(∆kl̃c)

∣∣∣∣∣

2

(C-7)
Pour l’instant, nous n’avons pas eu besoin du fait que lc = π/|∆k|. Nous l’allons
maintenant utiliser cette condition particulière pour simplifier l’expression précédente.
On a

sin (N∆kl̃c) = sin(N∆klc − iNα(ω2)lc)

= sin(±Nπ)ch(α(ω2)lc)− i cos(±Nπ)sh(Nα(ω2)lc)

= ±ish(Nα(ω2)lc) (C-8)
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d’où

EQPM
NL (2Nlc, ∆k, α(ω2)) =

ω2
2(χ

(2))2
(
1 + e−α(ω2)lc

)4
l2c

8n(ω2)n(ω1)2c3ε0S |α(ω2)lc ± iπ|2
e−2Nα(ω2)lc

e−2α(ω2)lc

sh2(Nα(ω2)lc)

sh2(α(ω2)lc)
(C-9)

On utilise enfin le fait que l’absorption de la seconde harmonique sur une couche de
largeur lc faisant quelques microns est très faible pour écrire

EQPM
NL (2Nlc, ∆k, α(ω2)) =

2ω2
2(χ

(2))2

n(ω2)n(ω1)2c3ε0Sπ2α(ω2)2
e−2Nα(ω2)lcsh2(Nα(ω2)lc)

(C-10)

EQPM
NL (2Nlc, ∆k, α(ω2)) =

2ω2
2(χ

(2))2

n(ω2)n(ω1)2c3ε0Sπ2

(1− e−2Nα(ω2)lc)2

4α(ω2)2
(C-11)

D Données sur le KTP

Le phosphate de potassium titanyl (KTP) a pour formule KTiOPO4. Sa fenêtre de
transparence se situe entre 350 nm et 4,5 µm. L’absorption en puissance vaut approxi-
mativement 0,1 cm−1 à 426 nm et 0,01 cm−1 à 852 nm [Hansson et al., 2000].

Le coefficient non-linéaire le plus grand est selon l’axe z et vaut d33 = 15, 4 ±
0, 2 pm/V [Pack et al., 2004]. On notera que cette valeur peut changer d’un article à
l’autre de plus de 20 %. Afin d’avoir la meilleure efficacité possible pour un cristal de
KTP utilisé en quasi-accord de phase, on choisira une configuration de type I avec des
faisceaux polarisés selon l’axe z.

L’équation de Sellmeier pour l’axe z à 20̊ C s’écrit, d’après [Kato et Takaoka, 1992] :

n2
z = 4, 59423 +

0, 06206

λ2 − 0, 04763
+

110, 80672

λ2 − 86, 12171
(D-1)

avec λ la longueur d’onde en microns. La variation de nz avec la température vaut,
d’après le même article

dnz

dT
=

(
0, 9221

λ3
− 2, 9220

λ2
+

3, 6677

λ
− 0, 1897

)
× 10−5 (D-2)

avec λ exprimé en microns. A partir de ces équations, on peut en déduire les indices
selon l’axe z à 45̊ C (température à laquelle on souhaite réaliser le quasi-accord de
phase)

nz(852, 10 nm) = 1, 8411 et nz(426, 05 nm) = 1, 9423 (D-3)

On en déduit alors la période du retournement périodique pour avoir un cristal de type
PP à 45̊ C avec les faisceaux polarisés selon l’axe z

Λ = 2lc =
λ1

2(n(426, 05)− n(852, 1))
= 4, 21 µm (D-4)
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On notera que la valeur réelle de la période de retournement diffère souvent légèrement
de la valeur théorique, les fabricants des cristaux utilisant leurs propres valeurs pour
les indices de réfraction des matériaux.

E Susceptibilité linéaire dans un schéma d’EIT à 6

niveaux

Nous allons résoudre le système linéaire d’équations de la section D.2 du chapitre
7 et calculer la susceptibilité linéaire du milieu pour le champ signal pour un modèle
d’EIT à 6 niveaux atomiques. Le système d’équations est le suivant

0 = −F3σ̃
(1)
21 + iΩ∗

1σ̃
(1)
23 + iΩ′∗

1 σ̃
(1)
24 + iΩ′′∗

1 σ̃
(1)
25 (E-1)

0 = −F4σ̃
(1)
23 + iΩ2 + iΩ1σ̃

(1)
21 (E-2)

0 = −F5σ̃
(1)
24 + iΩ′

2 + iΩ′
1σ̃

(1)
21 (E-3)

0 = −F6σ̃
(1)
25 + iΩ′′

2 + iΩ′′
1σ̃

(1)
21 (E-4)

avec

F2 =
Γ

2
− i(∆1 + δ + ∆34 + ∆45) (E-5)

F3 = Γ21 +
|Ω′′′

1 |2
F2

− iδ (E-6)

F4 =
Γ

2
+ i∆2 (E-7)

F5 =
Γ

2
+ i(∆2 + ∆34) (E-8)

F6 =
Γ

2
+ i(∆2 + ∆34 + ∆45) (E-9)

En exprimant σ̃
(1)
23 , σ̃

(1)
24 et σ̃

(1)
25 en fonction de σ̃

(1)
21 dans les 3 dernières équations et

en remplaçant dans la première, on peut extraire la valeur de σ̃
(1)
21 . On remplace cette

valeur calculée dans les 3 dernières équations et on obtient les cohérences σ̃
(1)
23 , σ̃

(1)
24
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et σ̃
(1)
25

σ̃
(1)
23 = i

1− F8

F7
Ω1

F4

Ω2 (E-10)

σ̃
(1)
24 = i

d′2
d2
− F8

F7
Ω′

1

F5

Ω2 (E-11)

σ̃
(1)
25 = i

d′′2
d2
− F8

F7
Ω′′

1

F6

Ω2 (E-12)

avec

F7 = F3F4F5F6 + |Ω1|2F5F6 + |Ω′
1|2F4F6 + |Ω′′

1|2F4F5 (E-13)

F8 = Ω∗
1F5F6 + Ω′∗

1 F4F6
d′2
d2

+ Ω′′∗
1

d′′2
d2

F4F5 (E-14)

On peut alors calculer la susceptibilité du milieu atomique pour le champ signal avec
l’équation

N(d2σ̃
(1)
23 + d′2σ̃

(1)
24 + d′′2σ̃

(1)
25 ) = ε0χE2〈A2〉 (E-15)

On trouve

χ =
iN

ε0~

(
d2

2 − d2
2

F8

F7
Ω1

F4

+
d′22 − d′2d2

F8

F7
Ω′

1

F5

+
d′′22 − d′′2d2

F8

F7
Ω′′

1

F6

)
(E-16)
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[Deutsch, 1985] D. Deutsch, Quantum theory, the Church-Turing principle and the uni-
versal quantum computer, Proceedings of the royal society of London A, 400, 97
(1985). Cité p. 1
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Cité p. 2
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[Huntington et Ralph, 2002] E. H. Huntington et T. C. Ralph, Separating the quantum
sidebands of an optical field, J. Opt. B, 4, 123 (2002). Cité p. 131, 134

[Joffre, 2009] M. Joffre, Optique non-linéaire en régimes continu et femtoseconde, notes
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[Lam, 1998] P. K. Lam, Applications of quantum electro-optic control and squeezed
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[Lam et al., 1999] P. K. Lam, T. C. Ralph, B. C. Buchler, D. E. McClelland, H.-A.
Bachor et J. Gao, Optimization and transfer of vacuum squeezing from an optical
parametric oscillator, J. Opt. B : Quantum Semiclass. Opt., 1, 469 (1999). Cité
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[Silberhorn et al., 2001] C. Silberhorn, P. K. Lam, O. Weiss, F. König, N. Korolkova
et G. Leuchs, Generation of continuous variable Einstein-Podolsky-Rosen entan-
glement via the Kerr nonlinearity in an optical fiber, Phys. Rev. Lett., 86, 4267
(2001). Cité p. 75
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[Slusher et al., 1987] R. E. Slusher, P. Grangier, A. LaPorta, B. Yurke et M. J. Potasek,
Pulsed squeezed light, Phys. Rev. Lett., 59, 2566 (1987). Cité p. 3, 71
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278 Bibliographie

[Vogel et Risken, 1989] K. Vogel et H. Risken, Determination of quasiprobability dis-
tributions in terms of probability distributions for the rotated quadrature phase,
Phys. Rev. A, 40, 2847 (1989). Cité p. 116
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