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Introduction

La mécanique quantique a été élaborée au début du XXe siècle pour répondre à certaines
questions laissées sans réponse par la mécanique classique de Newton et l'électromagnétisme
de Maxwell. L'explication du spectre de rayonnement du corps noir par Planck dès la �n du
XIXe siècle ne fut que la première étape qui marqua le début d'une longue série de succès.
Jamais mise en défaut depuis son avènement dans les années 1920, elle est sans aucun
doute à la base des plus grandes avancées technologiques modernes. Les physiciens ont
en e�et acquis depuis les pères fondateurs de la théorie une profonde connaissance et une
grande maîtrise des systèmes quantiques. Les atomes ou les photons peuvent maintenant
être piégés, manipulés ou détectés un à un dans une variété d'expériences toujours plus
complexes, ce qui était encore jugé impossible par Schrödinger au milieu du siècle passé.

La capacité croissante à contrôler des systèmes quantiques toujours plus simples a pu
être mise à pro�t pour étudier, tester et comprendre plus profondément encore cette étrange
théorie. La manipulation d'électrons uniques par exemple a pu clairement mettre en évi-
dence les principes de complémentarité et de superposition des états. Dans une expérience
de type fentes d'Young [1], Tonomura et al. ont pu reconstruire progressivement les mêmes
�gures d'interférence que celles obtenues dans des expériences simples d'optique ondula-
toire par l'envoi successif de particules individuelles. Dans une formulation volontairement
propre à choquer l'intuition classique, les électrons, à la fois ondes et corpuscules comme
prédit par de Broglie en 1923, sont passés simultanément par les deux fentes du dispositif.

De même, si en 1935 Einstein, Podolsky, et Rosen [2] furent amenés à introduire une
théorie à variables cachées en réponse au �paradoxe EPR� alors soulevé, ce n'est qu'en 1981
qu'elle put être invalidée quand les expériences d'Alain Aspect [3, 4, 5] par la génération
et la manipulation de photons intriqués permirent pour la première fois la violation des
inégalités de Bell [6]. C'est la non-localité de la mécanique quantique qui fut alors révélée.

Manipuler des systèmes quantiques simples et les préparer dans des états ad hoc s'est
donc révélé crucial dans l'étude de la théorie quantique. L'intérêt s'est ampli�é plus en-
core avec l'avènement de l'information quantique [7, 8] au milieu des années 1990. Quand
les systèmes physiques permettant le transport, le traitement ou encore l'enregistrement
de l'information deviennent aussi simples que des atomes ou des photons uniques, leurs
propriétés intrinsèquement quantiques entrent en jeu et peuvent être exploitées de façon
admirable. L'ordinateur quantique, dans son principe, exploite ainsi les phénomènes d'in-
terférence et d'intrication, ou encore la capacité qu'ont les systèmes quantiques à être
dans plusieurs états simultanément, pour surpasser son alter-ego classique sur de nom-
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breux aspects. L'algorithme de Shor [9] par exemple permet notamment la factorisation de
grands nombres en des temps polynomiaux, alors que l'incapacité de l'ordinateur classique
à procéder e�cacement à ce calcul est à la base de la quasi-totalité de la cryptographie
moderne.

S'il a fallu attendre la �n du XXe siècle pour voir ce domaine se développer, c'est
précisément parce qu'il requiert l'utilisation de systèmes quantiques quasi-idéaux pour
disposer de qubits ou de mémoires quantiques, sur lesquels repose le calcul quantique. À
l'instar du calcul classique, celui-ci se base sur l'utilisation de portes quantiques, opérations
unitaires appliquées sur un ou plusieurs qubits simultanément. Seules quelques unes d'entre
elles sont nécessaires pour les réaliser toutes [10]. C'est par exemple le cas des deux portes
à 1 qubit, �phase� et �rotation�, auxquelles on associe la porte à deux qubits, C-NOT :

phase : |0〉 → |0〉 |1〉 → eiϕ|1〉
rotation : |0〉 → cos θ|0〉 − sin θ|1〉 |1〉 → sin θ|0〉+ cos θ|1〉
C− NOT : |00〉 → |00〉 |01〉 → |01〉

|10〉 → |11〉 |11〉 → |10〉.

Pour tester la qualité de la réalisation de telles opérations élémentaires (portes quantiques,
mémoires quantiques. . .), la tomographie de processus quantique fut proposée par Poyatos,
Cirac et Zoller [11] et par Chuang et Nielsen [12] en 1997. Elle repose elle-aussi sur la
capacité à préparer des états quantiques particuliers sur demande. La �délité du processus
quantique réalisé au processus idéal est quanti�ée par une série de mesures simples après
opération de la porte quantique sur un ensemble d'états modèles préalablement choisis.
Initialement réalisée en RMN [13], cette méthode d'analyse fut ensuite adaptée à de très
nombreux domaines : ions piégés [14], optique quantique [15], atomes froids [16], ou encore
qubits supraconducteurs [17].

Parmi ces multiples systèmes manipulant des objets quantiques, l'électrodynamique
quantique en cavité est particulièrement adaptée à la manipulation et à l'étude de l'inter-
action des atomes et des photons. La lumière piégée dans une cavité de haute �nesse forme
avec le ou les atomes interagissant avec elle un système quasiment isolé de l'environnement.
Dès lors, l'électrodynamique quantique en cavité fournit un outil formidable pour la réali-
sation des tests fondamentaux de la mécanique quantique. En permettant la manipulation
de systèmes physiques très simples, aussi bien microscopiques que mésoscopiques, ce sont
les expériences de pensée à l'origine de la théorie quantique qui peuvent être réalisées en
laboratoire. Mais c'est tout particulièrement dans le régime dit de couplage fort entre les
photons et les atomes que l'électrodynamique quantique en cavité se révèle d'un intérêt
majeur. Atteint pour la première fois en 1983 avec des cavités micro-ondes [18], puis en
1995 avec des cavités optiques [19] ou encore en 2004 sur des circuits supraconducteurs [20],
ce régime permet de rendre les processus de relaxation ou de décohérence, i.e. le couplage à
l'environnement, négligeables à l'échelle de l'interaction entre les deux systèmes. C'est dans
ces conditions que purent être préparés de façon déterministe les états bien particuliers du
champ électromagnétique que sont les états nombre, ou états de Fock, notés |n〉, et qui
contrairement à un champ classique, contiennent un nombre n �xé d'excitations.
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Figure 1 � Préparation d'états nombre par l'emploi de �trapping states� dans une ex-
périence de CQED (Varcoe, et al. [21]). À gauche : observation d'oscillations de Rabi
quantiques dans l'état préparé. À droite : distribution des nombres de photons correspon-
dante.

En 2000 par exemple, les états |1〉 et |2〉 furent préparés par Varcoe [21] par l'emploi de
�trapping states�, ou �niveaux piégeants�. Dans ces expériences, des atomes de Rydberg
à deux niveaux, notés |e〉 (état �excité�) et |g〉 (état �fondamental�), sont en interaction
résonante avec un champ micro-onde piégé dans une cavité supraconductrice fermée. Le
système initialement préparé dans l'état |e, n〉 (atome dans l'état excité et n photons dans
la cavité) oscille alors périodiquement entre cet état et l'état |g, n+ 1〉 à une pulsation
Ωn =

√
n+ 1 Ω0 dépendant du nombre de photons, réalisant ainsi des oscillations de Rabi

quantiques [22]. Les atomes préparés dans le niveau |e〉 interagissent avec le champ, ini-
tialement dans le vide de photons |0〉, pendant un temps tnc tel que Ωnctnc = 2π, avant
d'être détectés. Si tous les états |n < nc〉 voient leurs nombres de photons augmenter après
le passage d'un atome (la transition |e, n〉 −→ |g, n+ 1〉 est possible puisque Ωntnc 6= 2π),
l'état cible |nc〉, lui, est laissé invariant et donc �nalement préparé après le passage de
plusieurs atomes.

En 2009, ce ne sont non plus seulement des états nombre mais des états arbitraires du
champ électromagnétique qui furent préparés par Hofheinz et al. [23]. Un �qubit de phase�
supraconducteur, atome arti�ciel à deux niveaux, et une cavité micro-onde coplanaire in-
teragissent de façon résonante sur des intervalles de temps précisément contrôlés. Le qubit,
dont l'état interne est par ailleurs manipulé par un champ classique, construit alors peu à
peu par des oscillations de Rabi quantiques l'état désiré.

Une autre approche est toutefois possible pour la génération d'états quantiques. Elle
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repose sur les postulats de la mécanique quantique décrivant le processus de mesure idéale.
Si un système quantique est soumis à la mesure d'une observable O, alors :

� les résultats ne peuvent être que des valeurs propres de O ;
� le système est projeté à l'issue de la mesure sur l'état propre de O correspondant à
la valeur propre mesurée.

Une telle mesure est dite projective ou de von Neumann [24], et permet de préparer le sys-
tème quantique dans l'un des états propres de l'observable mesurée. Cependant, le système
une fois préparé dans un tel état n'est pas assuré d'y rester a posteriori : la mesure a un
e�et en retour [25] sur le système mesuré qui a trait aux inégalités d'Heisenberg. Si l'in-
certitude sur l'observable O est annulée après la mesure, l'incertitude sur toute observable
Q ne commutant pas avec elle est maximale :

∆O ·∆Q ≥ 〈[O,Q]〉/2.

Par exemple, si nous mesurions la position d'une particule quantique, son impulsion souf-
frirait d'une indétermination complète. Aussi, peu de temps après la mesure, la position
de la particule serait à nouveau inconnue. C'est à la �n des années 1970 que les mesures
quantiques non destructives (QND) furent introduites [26, 27, 28, 29] : la répétabilité de
la mesure est imposée. L'observable mesurée est alors une constante du mouvement, i.e.
commute avec le hamiltonien du système, assurant ainsi la stabilité des états dans lesquels
la mesure projette. La réalisation expérimentale de mesures QND est donc en soi une pré-
paration d'un système quantique dans un état faisant partie d'un ensemble préalablement
choisi, i.e. l'ensemble des états propres de la mesure.

Des mesures quantiques non-destructives ont pu être réalisées à partir de notre dispositif
expérimental. Une cavité Fabry-Pérot de très haute �nesse, constituée de miroirs en nio-
bium supraconducteur, piège un champ micro-onde, formant ainsi un modèle d'oscillateur
harmonique. Des atomes de rubidium excités dans des niveaux de Rydberg circulaires se
comportant comme des atomes à deux niveaux traversent la cavité en se couplant très forte-
ment au champ électromagnétique. Contrairement aux expériences de Varcoe ou Hofheinz,

Figure 2 � Principe de notre expérience d'électrodynamique quantique en cavité. Des
atomes de Rydberg circulaires interagissent avec un mode du champ électromagnétique
piégé dans une cavité Fabry-Pérot micro-onde de très haute �nesse.
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les deux systèmes sont ici en interaction dispersive, condition nécessaire à la réalisation de
mesures non-destructives du nombre de photons. Dans ces conditions, un atome en inter-
action avec un champ contenant n photons subit un déplacement lumineux de ses niveaux
d'énergie [30]. Fonction du nombre de photons, il peut être mesuré par un interféromètre
de Ramsey, aussi utilisé dans les horloges atomiques [31], menant ainsi à une mesure QND
du nombre de photons dans la cavité. Permettant dans un premier temps la détection d'un
seul photon [32], elles furent ensuite étendues, grâce à l'obtention de temps de vie du champ
de plus de 0, 1 s, à la mesure des états nombre |0〉 à |7〉 [33], puis à la préparation d'états
chats de Schrödinger par une mesure de la parité d'un champ classique [34].

Les mesures QND comme outil de préparation d'états nombre présentent toutefois un
inconvénient : contrairement aux expériences déjà évoquées, la préparation est intrinsèque-
ment aléatoire. En e�et, le résultat de la mesure ne peut pas être prédit, seule la statistique
des résultats est connue a priori. Leur puissance réside toutefois dans le fait qu'elles per-
mettent un suivi en temps réel de l'évolution du champ. Elles ont par exemple rendu
possible la première observation des sauts quantiques de la lumière [35, 33], manifestation
de la décohérence. C'est par ce processus qu'un système préparé dans un état quantique
�nit inévitablement par rejoindre notre monde classique, et ce d'autant plus vite que le
système considéré est �gros�. Une étude approfondie de la décohérence fut réalisée dans
notre groupe. Ainsi, l'évolution d'un état chat de Schrödinger, superposition cohérente de
champs classiques mésoscopiques et de phases opposées, vers un mélange statistique a pu
être ��lmée� [34]. Et c'est en exploitant notre capacité à préparer les états nombre du
rayonnement qu'une tomographie du processus de décohérence a pu être réalisée [36].

Cette dernière expérience, faite parallèlement par Wang [37], nous rappelle encore une
fois l'intérêt de la préparation des états de Fock. Mais elle révèle également à quel point
la décohérence rend fragile ces états hautement non classiques. Les expériences que nous
présentons dans ce mémoire ont pour objectif de stabiliser ces états quantiques de la lumière
en les protégeant contre la décohérence.

La lutte contre la décohérence est un problème abordé depuis longtemps maintenant,
dans le domaine de l'information quantique notamment. L'information, codée sous forme
de qubits par exemple, peut être dégradée lors de son transport par des erreurs, telles que
des modi�cations de la phase des superpositions cohérentes (�phase �ip�), des inversions
de bits (�bit �ip�), voire leur perte pure et simple. Pour espérer réaliser des protocoles
complexes d'information quantique [38], impliquant de nombreux qubits intriqués, et pour
lesquels la décohérence est rapide, il a donc fallu développer, sur le modèle de l'information
classique, des codes correcteurs d'erreur quantiques [39]. L'idée est d'utiliser des qubits
auxiliaires, ou ancillae, sur lesquels l'information portée par un qubit �originel� est dupli-
quée. En préparant par exemple des états intriqués à trois qubits, tells que les états GHZ
(Greenberger, Horn et Zeilinger [40])

|Ψ±〉 =
1√
2

(|000〉 ± |111〉) ,

il est possible de corriger des phase �ips et bit �ips sur un seul des trois qubits.
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C'est en 1998 que les premiers codes correcteurs d'erreur furent réalisés, sur des spins
en RMN [41]. Depuis lors, de nombreux autres systèmes se sont révélés propices à leur
implémentation. Citons par exemple les ions piégés, où un protocole complet d'encodage,
erreur et correction a pu être réalisé et répété [42], l'optique quantique, où contrairement
aux systèmes ioniques l'erreur primordiale à corriger est la perte de qubits [43], ou encore
les qubits supraconducteurs, qui ont pu être récemment préparés dans des états intriqués
tripartites [44, 45]. Des variantes des protocoles standards ont également été réalisées, tel
qu'en 2001 des codes correcteurs à 5 qubits en RMN [46], ou plus récemment des codes
correcteurs non plus sur des qubits mais sur des systèmes codant l'information sur des
variables continues [47].

Plutôt que de corriger les erreurs induites par la décohérence, une autre approche vers
la protection des états quantiques consiste à coder l'information sur des états insensibles
à la décohérence. On dit qu'ils appartiennent à des sous-espaces sans décohérence, ou
�decoherence-free subspaces� (DFS) [48]. L'idée en fut pour la première fois donnée par
Palma, Suominen et Ekert [49] puis par Duan et Guo [50]. Si l'on s'intéresse par exemple
aux déphasages induits par la décohérence entre les deux états du qubit :

|0〉 7→ |0〉 |1〉 7→ eiϕ|1〉,

alors il est possible d'utiliser, une nouvelle fois, un qubit auxiliaire pour coder l'information
sur une base insensible à ces déphasages. En e�et, si l'on dé�nit maintenant les deux états
orthogonaux :

|0〉DF = |01〉 |1〉DF = |10〉,

alors la transformation induite par le couplage à l'environnement devient :

|0〉DF 7→ eiϕ|0〉DF |1〉DF 7→ eiϕ|1〉DF .

Le terme de phase global pouvant être oublié, le sous-espace {|0〉DF , |1〉DF} est bien un
DFS. Généralisé plus tard par Viola [51], le principe fut réalisé expérimentalement en
optique quantique en 2000 par Kwiat [52], puis sur des ions piégés [53], et des spins en
RMN [54, 55].

Aussi bien les codes correcteurs d'erreur que l'utilisation de sous-espaces ou sous-
systèmes insensibles à la décohérence �dupliquent� l'information à protéger sur des sys-
tèmes quantiques auxiliaires. La technique à laquelle nous allons nous intéresser plus par-
ticulièrement dans ce mémoire agit directement sur le système à préserver : il s'agit du
contrôle quantique, ou rétroaction quantique. Van Handel, Stockton et Mabuchi [56] en
donnent la dé�nition suivante :

� Le système quantique à contrôler est mesuré via son interaction avec un sys-
tème mètre mesuré destructivement, et fournissant un signal de détection clas-
sique. Le résultat de la mesure est ensuite utilisé pour modi�er les paramètres
d'évolution hamiltonienne du système de sorte à réaliser de façon optimale un
objectif prédé�ni.�
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Une di�culté propre à la rétroaction quantique [57] apparaît immédiatement : comme
les postulats de la mécanique quantique l'imposent, la mesure par le mètre a une inévitable
action en retour sur le système quantique. Utiliser des mesures projectives, qui modi�ent
par nature profondément l'état quantique du système, rendrait dès lors la rétroaction par-
ticulièrement instable. Cette contrainte impose par conséquent l'utilisation de mesures
dites faibles, qui réduisent la perturbation induite par la mesure au prix d'une information
seulement partielle sur le système.

Par ailleurs, trouver la transformation optimale qui donne les paramètres du régulateur
en fonction des résultats de la mesure est en général très ardu. La tâche est simpli�ée si l'on
utilise comme entrée non plus les résultats bruts de la mesure mais plutôt une meilleure
estimation de l'état du système quantique au moment où la régulation est appliquée :
un �ltre quantique doit alors être développé. Connaissant l'évolution libre du système,
les résultats des mesures précédentes et les régulations appliquées jusqu'alors, le �ltre
quantique donne la matrice densité estimée du système, permettant le calcul des régulations
futures. L'action en retour de la mesure doit également être prise en compte par le �ltre,
ce qui est rendu possible grâce au développement de modèles théoriques du processus de
mesure [25].

Introduites initialement en optique quantique en vue de la préparation d'états dits
comprimés [58, 59], les idées de la rétroaction quantique furent ensuite développées et géné-
ralisées, par Wiseman notamment [60, 61]. Des réalisations expérimentales ont rapidement
été recherchées. Les contrôles quantiques réalisés n'obéissent toutefois pas tous à la dé�-
nition de la rétroaction quantique donnée par [56], et d'autres formes ont été proposées.
La rétroaction par exemple peut se faire non pas par une action unitaire sur le système
à contrôler mais plutôt par une modi�cation de la mesure opérée par le mètre, tel que
proposé dans [62]. On parle alors de mesure adaptative.

D'autres protocoles, connus sous le nom de contrôle cohérent, ou contrôle tout-optique
dans le cadre de l'optique quantique, n'impliquent pas la mesure du mètre mais utilisent
seulement des transformations unitaires sur le système et sur le �mètre� intriqué avec lui.
Ainsi, Nelson et al. [63] purent transférer les corrélations quantiques préalablement créées
entre un spin B et un spin C auxiliaire vers un spin A, i.e. transmettre une information
�de nature quantique�, chose impossible par un protocole classique.

La rétroaction peut également se faire par apprentissage (�learning control�). Ici, plu-
sieurs copies d'un même système sont utilisées pour optimiser, par une succession d'essais,
les paramètres d'une transformation appliquée au �nal sur le système original [64]. Dans
ce cas toutefois, aucune rétroaction n'est faite sur le temps de vie d'un systèmes unique.

Quelques expériences seulement à ce jour ont pu réaliser certains aspects d'une rétroac-
tion quantique telle que dé�nie plus haut. Sans doute les di�cultés déjà relevées y sont-elles
pour quelque chose. Ainsi, Smith et al. [65] utilisèrent de tels protocoles pour geler l'évolu-
tion libre d'un état non-classique du système formé par un gaz atomique en couplage fort
avec un mode du champ électromagnétique piégé dans une cavité optique. En utilisant un
laser de forçage de faible amplitude, qui permet en outre une mesure continue du système
couplé, ce dernier est préparé dans un état stationnaire. La détection d'un photon en sortie
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de la cavité optique le projette alors dans un état non classique pour lequel des oscillations
de Rabi quantiques sont observées. En modi�ant l'amplitude du laser de forçage, ils purent
alors geler ces oscillations sur des temps correspondant à plusieurs de leur période, puis les
redémarrer sans changer ni leur phase ni leur amplitude après retour à des amplitudes de
contrôle faibles, prouvant ainsi leur capacité à manipuler l'état quantique du système.

En optique quantique toujours, Cook et al. [66] réalisèrent une distinction optimale
de deux états cohérents d'un mode optique propageant. Deux de ces états étant non-
orthogonaux, la mécanique quantique interdit l'existence d'une mesure permettant de les
distinguer parfaitement. Or la mesure permettant une discrimination optimale suppose
la préparation complexe d'états chats de Schrödinger, superpositions cohérentes très fra-
giles des deux états cohérents en question. En utilisant le fait qu'une mesure complète du
nombre de photons dans le mode nécessite un temps �ni, Cook et al. purent réaliser une
mesure aussi performante que la mesure par états chats sans avoir à préparer le système
dans un de ces états hautement non-classiques. Le mode mesuré est en fait couplé à une
source classique dont l'amplitude est contrôlée en temps réel en fonction des résultats des
photodétections réalisées jusqu'alors. La rétroaction quantique permet ici une acquisition
optimale d'information sur le système contrôlé.

Citons en�n Gillett et al. [67] qui furent en mesure de corriger des �phase �ips� sur
des qubits optiques par rétroaction quantique. Deux états non-orthogonaux du qubit sont
considérés. Préparé dans un de ces deux états, le qubit est soumis à des �phase �ips� après
transmission via une ligne bruitée. En utilisant le résultat d'une mesure faible sur le qubit,
Gillet et al. purent décider de la rotation optimale à appliquer sur le qubit pour restaurer
l'état initial, quel que soit le choix fait initialement parmi les deux états considérés. L'utili-
sation de rétroaction quantique a donc permis ici de stabiliser deux états du qubit soumis,
pendant un temps précédent la phase de correction, à des déphasages simulant l'action de
la décohérence.

L'utilisation en continu de protocoles de rétroaction quantique permettant la stabilisa-
tion d'un système quantique sur un état quantique ciblé n'a toutefois pas encore été rendue
possible. Si des expériences similaires pour le contrôle de variables classiques ont pu être
faites [68, 69], la seule tentative connue sur un système quantique fut réalisée en 2004
pour la préparation d'états comprimés de spin atomique dans un gaz d'atomes froids [70].
La rétractation ultérieure des auteurs est sans doute une indication supplémentaire de la
di�culté du contrôle des systèmes quantiques.

C'est dans ce contexte que l'expérience que nous avons menée [71, 72] s'est inscrite.
Inspirée par une proposition de Geremia [73], elle consiste à préparer puis à stabiliser un
oscillateur harmonique quantique, à savoir le champ électromagnétique piégé dans notre
cavité micro-onde de haute �nesse, dans un de ses états nombre |n〉. La lutte contre la
décohérence menée est donc en soi moins ambitieuse que celle des codes correcteurs d'er-
reur puisque seul un état préalablement choisi pourra être stabilisé. Elle constitue toutefois
la première réalisation d'un contrôle quantique en continu, un domaine encore balbutiant
comparé aux codes correcteurs. La �gure 3 en donne un schéma de principe. Des atomes
de Rydberg réalisent une mesure faible, donc non projective, du nombre de photons dans
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Figure 3 � Schéma de notre expérience de rétroaction quantique. Un interféromètre de
Ramsey (cavités R1 et R2) entoure une cavité micro-onde Fabry-Pérot de haute �nesse C.
Des atomes de Rydberg préparés dans la boîte B réalisent une mesure QND du nombre de
photons dans le champ piégé, avant d'être détectés dans le détecteur D. Le régulateur K
traite l'information fournie par D pour appliquer un déplacement cohérent, créé par une
source S, d'amplitude A et phase Φ contrôlées.

la cavité, permettant un suivi en temps réel de l'état du champ. Celui-ci est estimé par
un �ltre quantique à l'aide des résultats des détections atomiques et de toutes les connais-
sances a priori dont nous disposons sur le système (états antérieurs, précédentes actions du
régulateur, taux de relaxation). Les corrections que nous appliquons consistent à injecter
dans la cavité des champs cohérents de faible amplitude : leur amplitude et leur phase
constituent les paramètres de la régulation.

Au cours de la première année de ma thèse, nous avons pu préparer et reconstruire des
états chats de Schrödinger, superpositions de deux champs cohérents de phases opposées,
et des états de Fock. Ces travaux sont présentés intégralement dans la thèse de Samuel
Deléglise [74] et je n'en rendrai donc pas compte dans mon mémoire. Celui-ci est dédié à
la description de l'expérience de contrôle quantique que nous avons réalisée.

Dans un premier chapitre, nous présenterons une vue d'ensemble du dispositif expéri-
mental. Les atomes à deux niveaux utilisés et l'oscillateur harmonique à contrôler seront
présentés aussi bien dans un cadre théorique qu'expérimental. La façon dont ils inter-
agissent sera exposée et nous rappellerons alors les résultats obtenus par Christine Guer-
lin [75] et Julien Bernu [76] au cours de leurs thèses permettant la réalisation des mesures
quantiques non-destructives.

Le deuxième chapitre donnera une description théorique de la boucle de rétroaction.
Fruits d'une collaboration avec le groupe de Pierre Rouchon (École des Mines ParisTech),
le �ltre quantique développé ainsi que la façon dont les corrections sont calculées (loi de
contrôle) en fonction de notre estimation de l'état du champ seront décrits en détail. Des
simulations numériques basées sur des méthodes Monte-Carlo quantiques nous permettront
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alors de véri�er la faisabilité de l'expérience.
Nous aborderons dans le troisième chapitre les aspects expérimentaux de la réalisation

de la rétroaction à proprement parler. Nous présenterons notamment la nouvelle architec-
ture matérielle que nous avons dû utiliser et mettre en place pour assurer un contrôle en
temps réel de l'expérience. Toutes les calibrations des paramètres expérimentaux interve-
nant dans les calculs du �ltre quantique seront également exposées. Nous verrons alors
comment il a dû être modi�é pour prendre en compte les imperfections identi�ées.

Le quatrième et dernier chapitre présentera en�n les résultats expérimentaux obtenus.
Nous verrons alors que nous avons été capables de préparer le champ intra-cavité de façon
déterministe dans les états de Fock |1〉, |2〉, |3〉 et |4〉, puis de les stabiliser sur des temps
longs devant leurs temps de vie.



Chapitre I

Atomes et photons en cavité

La manipulation et le contrôle d'un oscillateur harmonique à l'aide d'atomes à deux
niveaux peut paraître a priori peu complexe : ce sont deux des objets quantiques les plus
simples que nous faisons interagir. Cependant, si la description théorique du couplage de
ces deux systèmes idéaux est relativement aisée, la situation est tout autre dès qu'il s'agit
de réaliser et de contrôler expérimentalement ces deux éléments. Le dispositif complexe
d'électrodynamique quantique en cavité grâce auquel toutes les expériences qui seront pré-
sentées dans ce mémoire ont pu être menées a une longue histoire. Sa version la plus
récente, fruit du travail de thèse de Sébastien Gleyzes [77], fut achevée en 2006, avant
donc le début de ma thèse. J'ai ainsi eu la chance d'arriver dans le groupe peu après la
première observation de sauts quantiques de la lumière [35, 33] à l'aide de mesures quan-
tiques non-destructives (QND). Nous ne chercherons donc pas dans ce chapitre à donner
une description exhaustive aussi bien du système expérimental que des mesures QND à
proprement parler. Le lecteur intéressé pourra les trouver dans les mémoires des étudiants
m'ayant précédé [74, 76, 75, 77]. Nous nous contenterons d'en rappeler les principaux
points, nécessaires à une compréhension globale de l'expérience.

L'oscillateur harmonique auquel nous nous intéresserons dans ce mémoire est un mode
du champ électromagnétique piégé dans une cavité Fabry-Pérot de très grande �nesse. La
description qu'en fait la mécanique quantique ainsi que la façon dont nous le contrôlons
seront notamment exposées dans une première partie.

Nous nous concentrerons dans la deuxième partie sur les atomes à deux niveaux in-
teragissant avec lui. Après avoir introduit les notations et formalismes nécessaires, nous
rappellerons le principe de l'interférométrie Ramsey. La description des atomes choisis et
des niveaux d'énergie permettant de réaliser expérimentalement un atome à deux niveaux
sera alors donnée. La façon dont ils sont préparés dans ces états, manipulés et détectés
sera également précisée.

La troisième partie se concentrera sur l'interaction de ces deux systèmes dans le régime
particulier qu'est le régime de couplage fort, pour lequel tous les phénomènes de relaxation
sont négligeables à l'échelle du couplage entre l'atome et le champ.

La dernière partie sera �nalement consacrée à la description des mesures quantiques
non-destructives elles-mêmes, développées dans les thèses de Christine Guerlin [75] et Julien
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Bernu [76], et qui constituent l'élément de base des expériences de rétroaction quantique
dont nous rendrons compte par la suite.

Montage expérimental

Avant de commencer l'étude des deux systèmes en interaction dans nos expériences,
commençons par donner une description rapide du dispositif expérimental. Nous revien-
drons plus en détail sur certains de ses éléments dans les sections qui suivent.

La �gure I.1 en présente un schéma d'ensemble. Des atomes de rubidium sont issus d'un
four chau�é à 185 ◦C. Ils se propagent en un jet horizontal à travers l'expérience. Après
avoir été sélectionnés en vitesse, à 250 m/s, par des impulsions laser, il sont excités dans les
niveaux de Rydberg circulaires, évoqués dans l'introduction, au sein d'une enceinte appelée
�boîte à circulariser�.

Ils interagissent ensuite avec le champ quantique piégé dans la cavité micro-onde su-
praconductrice C. Celle-ci est placée au sein d'un interféromètre de Ramsey constitué par
deux cavités de faible surtension (ou zones de Ramsey, R1 et R2) et permettant le contrôle
de l'état interne des atomes. Les atomes sont �nalement détectés au niveau d'un détec-
teur à ionisation D, situé à environ 30 cm de la boîte à circulariser. Les atomes sont donc
détectés environ 1, 2 ms après avoir été excités.

Le montage contient en fait deux cavités micro-ondes supraconductrices et trois zones
de Ramsey. Cependant, la première cavité traversée par les atomes s'est révélée avoir une
�nesse bien trop faible pour pouvoir être utilisée 1 et nous ne considérerons plus maintenant
que la seconde cavité et les deux dernières zones de Ramsey.

Les hautes �nesses des cavités micro-ondes sont obtenues en utilisant des matériaux
supraconducteurs, en l'occurrence du niobium. L'usage d'un cryostat est donc indispensable
pour refroidir la cavité à des températures plus faibles que le Kelvin. Un écran d'azote
liquide à 77 K entoure tout le dispositif. Un bain à 4He est alors utilisé pour refroidir,
après pompage, les cavités à 1, 5 K et liqué�er de l'3He. Un pompage sur le réservoir d'3He
permet en�n de descendre à 0, 8 K. Toutes les pièces au sein du cryostat ne sont donc pas à
la température des miroirs, et des photons �chauds� peuvent venir augmenter le nombre de
photons dans le mode à l'équilibre thermique. Pour y remédier, les cinq cavités micro-ondes
sont enfermées dans une boîte d'écrantage thermalisée à 0, 8 K. Les ori�ces permettant le
passage des atomes sont su�samment petits pour être sous-coupure, i.e. ne pas autoriser
le passage de photons de fréquences proches de celles utilisées (de l'ordre de 51 GHz).

1. Après une belle vie toutefois : avec son temps de vie historique de 130 ms, elle fut utilisée dans les
travaux de thèse de Sébastien, Christine, Julien et Samuel !
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Figure I.1 � Schéma du dispositif expérimental
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I.1 Oscillateur harmonique

Au c÷ur de notre dispositif expérimental se trouve la cavité micro-onde supraconduc-
trice contenant le mode du champ électromagnétique qui constitue le système quantique
que nous souhaitons contrôler. La façon dont elle fut réalisée, ses propriétés et celles du
mode choisi seront exposées dans une première partie. Nous rappellerons ensuite le forma-
lisme permettant de décrire l'oscillateur harmonique quantique qu'est ce mode du champ,
ainsi que son couplage à l'environnement.

I.1.1 La cavité Fabry-Pérot de grande �nesse

L'emploi d'une cavité micro-onde permet d'isoler un mode du champ électromagnétique.
C'est ce système quantique que nous ferons notamment interagir avec des atomes à deux
niveaux. Le régime d'interaction que nous visons, celui de couplage fort, nécessite toutefois
des taux de relaxation faibles devant le couplage. Et ce n'est non pas un mais une longue
série d'atomes que nous chercherons à faire interagir avec le même champ quantique. Aussi
le temps de vie du champ, ou encore la �nesse de la cavité utilisée, doivent être su�samment
élevés. L'utilisation de matériau supraconducteur, en l'occurrence de niobium, est une
solution couramment utilisée dans le domaine des micro-ondes et des radio-fréquences.
Comme déjà expliqué, l'emploi d'un cryostat à hélium se trouve de facto indispensable.

I.1.1.a Caractéristiques

Pour obtenir des �nesses élevées, utiliser des cavités fermées, percées de trous sous-
coupure pour laisser entrer et sortir les atomes, est une solution avantageuse [78, 79].
Nous verrons toutefois au paragraphe I.2.3 que nous avons à imposer un champ électrique
permanent et homogène le long de la trajectoire atomique pour assurer la stabilité des
atomes à deux niveaux. Ceci est incompatible avec l'emploi de cavités fermées : faites
d'un seul bloc de matériau conducteur, elles ne permettent pas l'application d'un champ
électrique directeur ; et les ouvertures étant par nécessité petites, les atomes passant à
proximité des parois sont soumis à de forts gradients de champ électrique.

La solution retenue dans notre dispositif a été d'utiliser une cavité ouverte, composée
de deux miroirs en con�guration Fabry-Pérot [80]. Les miroirs sont d'abord usinés au
diamant dans un substrat de cuivre a�n de permettre une qualité de surface élevée 2 et
ainsi limiter les pertes par di�raction. Une couche de niobium de 12µm est alors déposée
par pulvérisation cathodique 3 permettant d'obtenir les hautes ré�ectivités requises.

Géométrie La �gure I.2 donne la géométrie des miroirs utilisés et leur agencement dans
le résonateur. Séparés d'environ 28 mm et de rayon de courbure de l'ordre de 40 mm, ils
permettent d'obtenir des fréquences de résonance de l'ordre de 51, 1 GHz pour le mode

2. Rugosité de surface de 6 nm rms et une précision à grande échelle de 300 nm crête à crête.
3. Procédé développé et réalisé par P. Bosland, E. Jacques et B. Visentin au CEA, utilisé pour des

cavités accélératrices dans les accélérateurs de particule [81].
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gaussien TEM900. Notons que l'emploi d'un mode d'ordre impair, q = 9 ici, est indis-
pensable : l'onde stationnaire doit avoir un ventre d'amplitude maximale à l'endroit où
passent les atomes, i.e. au centre du mode, couplés au champ via une interaction dipolaire
électrique. Ceux-ci ont une trajectoire horizontale, i.e. orthogonale à l'axe de la cavité.
L'amplitude du champ électrique vu par les atomes est alors une fonction gaussienne de
leur position r dans la cavité, notée E(r) = E(r, z) (r et z sont les coordonnées polaires de
r, l'axe z étant l'axe de la cavité, et l'origine étant choisie au centre de la cavité) :

E(r, z) = E0fT(z)e
− r2

w(z)2 ≡ E0f(r, z). (I.1)

fT(z) est le pro�l transverse du mode représenté schématiquement �gure I.2. w(z) est le col,
ou �waist�, du mode gaussien, identique à celui obtenu avec un mode propageant (laser) :

w(z) = w0

√
1 +

(
λz

πw2
0

)2

, (I.2)

où λ = 5, 87 mm est la longueur d'onde du mode, et w0 ' 6 mm son col au centre de la
cavité. Notons que nous obtenons alors un volume de mode relativement faible :

V =
πw2

0d

4
' 770 mm3, (I.3)

assurant un champ d'amplitude importante et donc un couplage aux atomes d'autant
meilleur :

E0 =

√
~ωcav

2ε0V
' 1, 5 · 10−3 V/m. (I.4)

Les miroirs ne sont en fait pas sphériques. A�n de lever la dégénérescence entre les deux
modes de polarisations orthogonales, ils sont plutôt choisis de forme toroïdale. Avec deux
rayons de courbure de 39, 4 mm et de 40, 6 mm, les deux modes sont séparés de 1, 2 MHz,
écart nettement plus grand que la fréquence caractéristique du couplage avec les atomes que
nous obtiendrons, de l'ordre de 49 kHz. Aussi les atomes pourront être considérés comme
n'interagissant qu'avec un et un seul mode du champ.

Notons par ailleurs que l'usage d'une géométrie ouverte permet de coupler le mode de
la cavité à un guide d'onde extérieur par di�raction sur les bords des miroirs. C'est ainsi
que le couplage à une source micro-onde classique est rendu possible sans avoir à percer
de trou dans les miroirs, ce qui dégraderait la qualité de leur surface.

Une très grande �nesse Répétons le encore, accéder au régime de couplage fort entre
les atomes et le champ électromagnétique requiert des taux de relaxation aussi faibles que
possible. Pour le champ, ce taux de relaxation est simplement l'inverse du temps de vie Tcav

d'un photon dans la cavité. Celui-ci est en fait lié à la largeur spectrale intrinsèque ∆νcav

de la résonance via la relation [82] 2π∆νcavTcav = 1, et donc à la �nesse F du résonateur.
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Figure I.2 � Schéma des miroirs de la cavité micro-onde supraconductrice. a. Vue de
dessus et vue de trois-quarts. b. Schéma du résonateur. Les distances sont en millimètres.
Par souci de lisibilité, la distance entre les deux miroirs est exagérée comparativement à
leur taille. fT(z) est le pro�l transverse du mode, w(z) son col à la cote z.

Dans les expériences que nous présentons dans les chapitres suivants, le temps de vie
mesuré 4 des photons dans la cavité est de Tcav = 65 ms (pour le mode gaussien d'ordre
q = 9). La largeur intrinsèque de la résonance est alors ∆ν = 2, 5 Hz, correspondant à une
�nesse F et un facteur de qualité Q de :

Q = 2, 1 · 1010 F = Q/q = 2, 3 · 109. (I.5)

Notons que les facteurs de qualité ainsi mesurés avec un résonateur ouvert sont compa-
rables aux meilleurs obtenus avec des résonateurs fermés dans le même domaine spectral
(Q = 4, 0 · 1010 par exemple dans [79]).

I.1.1.b Contrôle de la fréquence de résonance

Dans nos expériences, nous aurons à contrôler précisément la di�érence des fréquences
de résonance de la cavité et des atomes à deux niveaux utilisés, aussi appelée désaccord.
La nature de leur interaction en dépend en e�et fortement. Il nous faut donc pouvoir
changer �nement la fréquence νcav de la cavité, étant donnée la fréquence caractéristique
du couplage atome/cavité ∼ 49 kHz, i.e. avec une précision de l'ordre du kilohertz. Au vu
de la géométrie du résonateur, cela correspond à un contrôle au nanomètre au moins de la
distance séparant les deux miroirs.

Pour cela, un premier réglage grossier est réalisé à l'aide de cales en cuivre séparant
les deux miroirs, et dont l'épaisseur est contrôlée au µm, soit un accord au MHz, via des

4. La façon dont nous mesurons ce temps de vie est donnée dans [80].
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décapages chimiques. Une fois la cavité refroidie à ∼ 1 K, le régalage �n est assuré par des
cales piézoélectriques aux bornes desquelles une tension électrique contrôlée est imposée. Le
facteur de conversion est alors de l'ordre de 2, 5 kHz/V, avec une plage de 5 MHz environ.

Figure I.3 � Spectre de résonance de la cavité micro-onde. La probabilité qu'un atome
préparé dans l'état |g〉 quitte la cavité dans l'état |e〉 après avoir interagi de façon réso-
nante avec le champ qu'elle contient est tracée en fonction de la fréquence de l'injection
remplissant le mode au préalable. Le longueur de l'injection est de 500 ms.

Le contrôle de la valeur absolue de la fréquence de résonance de la cavité n'est cependant
pas le seul paramètre important. Il nous faudra aussi en assurer la stabilité temporelle.
Cette fois, la contrainte est bien plus sévère. Comme nous le verrons au cours des prochains
chapitres, les expériences que nous souhaitons mener nécessitent une stabilité de phase du
champ intracavité sur des temps de l'ordre de quelques dizaines de millisecondes. Cela
impose notamment des �uctuations de fréquence petites devant 100 Hz, soit une distance
inter-miroirs contrôlée au dixième d'Angström. Notons que cette contrainte est toutefois
moins dure que lors d'expériences précédentes ayant permis l'observation de l'e�et Zenon
quantique [83], pour lesquelles la phase du champ devait être stable sur des temps de l'ordre
de 1s, soit une position relative des miroirs stable à 10−13 mètre. Les travaux réalisés alors
ont donc pu être remis à pro�t pour les expériences présentées dans ce mémoire.

Pour assurer une telle stabilité de phase, il nous a fallu dans un premier temps isoler
toutes les sources de vibration mécanique du montage : les câbles reliant les sources de
tension ou de micro-onde au dispositif passent sous des blocs de plomb eux-mêmes posés
sur des blocs de ciment isolés des vibrations du sol par de la mousse, les tuyaux métalliques
menant aux pompes sont coulés dans ces mêmes blocs de ciment, le montage est posé sur
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Figure I.4 � Dérives de fréquences observées pendant 15 min. La probabilité qu'un atome
préparé dans l'état |g〉 quitte la cavité dans l'état |e〉 après avoir interagi de façon résonante
avec le champ qu'elle contient est tracée en fonction du temps. Les deux fréquences données
correspondent aux résultats de deux mesures de fréquence de résonance (voir �gure I.3)
réalisées juste avant et juste après cet enregistrement.

des pieds pneumatiques 5. . . Par ailleurs la température de la cavité, modi�ant la fréquence
de résonance d'environ 1 Hz/mK, doit être activement stabilisée. En�n le bain d'hélium
�bouillonnant�, à 4 K, doit être stabilisé en pression, sous peine de déplacer la résonance via
des contraintes mécaniques, à hauteur de 1 Hz/mbar. La description détaillée du contrôle
de tous ces paramètres pourra être trouvée dans le mémoire de thèse de Julien Bernu [76].

Pour mesurer la fréquence de résonance de la cavité, nous utilisons l'interaction avec
les atomes que nous décrirons au paragraphe I.2, atomes à deux niveaux notés |g〉 (état
fondamental) et |e〉 (état excité). Ceux-ci interagissent ici de façon résonante avec le champ :
la fréquence de la transition |g〉 ↔ |e〉 est �xée à νcav. Un échange d'énergie est alors autorisé
entre les deux systèmes : les atomes préparés dans l'état |g〉 peuvent absorber des photons
du mode 6, et alors quitter la cavité dans l'état |e〉. La probabilité πe qu'un atome soit dans
|e〉 en sortie de la cavité mesurée sur un ensemble de ' 40 atomes successifs est d'autant
plus grande que le nombre de photons initialement présents est élevé.

Nous injectons alors un champ dans la cavité via une impulsion de longueur �xée
mais dont nous varions la fréquence ν. Le tracé de πe en fonction de ν constitue notre
mesure du spectre de la cavité. La �gure I.3 en donne le résultat pour des impulsions
de 500 ms. La largeur à mi-hauteur mesurée après ajustement lorentzien est de 2, 5 Hz.
C'est précisément la largeur ∆ν0 intrinsèque de la résonance, limitée par temps de vie [82],
∆ν0 = 1/2πTcav = 2, 5 Hz. Il n'y a donc pas de modulations de fréquence rapides à l'échelle

5. Tels que ceux utilisés pour les tables optiques anti-vibratoires.
6. La section IV.1 donnera le détail de la méthode.
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du temps de mesure (de l'ordre de quelques secondes).
Pour contrôler les variations sur des échelles de temps plus longues, aussi appelées

dérives, nous enregistrons maintenant à fréquence d'injection �xe la probabilité πe sur des
temps longs, par exemple 15 min sur la �gure I.4. Des dérives plus faibles que 0, 3 Hz/min
sont ainsi obtenues, nous permettant d'assurer des variations de fréquence plus faibles que
10 Hz sur des temps de mesure de l'ordre de 30 min. Toutes les 30 min au plus, la fréquence
de résonance de la cavité devra donc être réajustée.

I.1.2 Description théorique

I.1.2.a Un champ quanti�é

La description quantique du champ électromagnétique [84] se fait via la donnée des
deux opérateurs, a et a†, hermitiques conjugués l'un de l'autre, et appelés respectivement
opérateurs annihilation et création. Le hamiltonien du champ s'écrit grâce à eux sous la
forme

Hcav = hνcav

(
a†a+

1

2

)
≡ hνcav

(
N̂ +

1

2

)
. (I.6)

Nous avons introduit ici la fréquence νcav = ωcav/2π du champ et l'opérateur N̂ = a†a, opé-
rateur nombre, dont les états propres |n〉 sont également les états propres du hamiltonien.
Ce sont ces états, dits états de Fock ou états nombre, que nous chercherons à préparer dès
le chapitre suivant. Rappelons ici simplement les relations qui donnent leurs noms à tous
ces opérateurs :

a|n〉 =
√
n|n− 1〉 a†|n〉 =

√
n+ 1|n+ 1〉 N̂ |n〉 = n|n〉. (I.7)

Les états |n〉 sont donc les états contenant un nombre �xé n de quanta d'énergie hνcav, ou
photons.

L'opérateur champ électrique en�n, de polarisation ε et d'amplitude E0, est dé�ni
comme

Ê(r) = E(r)εa+ h.c., (I.8)

où E(r) = E0f(r) est le pro�l du champ donné équation (I.1).

Les états nombre que nous venons d'introduire ne correspondent pas à un champ clas-
sique. Pour ces états en e�et, le champ électrique moyen 〈n|Ê|n〉 est nul. Les états cohérents
ou de Glauber [85] en sont la bonne représentation. Notés |α〉, et états propres de l'opéra-
teur destruction

a|α〉 = α|α〉, (I.9)

où α est un nombre complexe, ils se décomposent dans la base des états de Fock sous la
forme

|α〉 = e−
|α|2
2

∑
n≥0

αn√
n!
|n〉. (I.10)
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Dans une évolution hamiltonienne de hamiltonien Hcav, ils deviennent

|α(t)〉 = e−i
ωcavt

2

∣∣αe−iωcavt
〉
. (I.11)

Nous retrouvons alors l'évolution �classique� de la phase d'un champ de pulsation ωcav.
Par abus de langage, nous appellerons dorénavant α l'amplitude d'un champ électrique
préparé dans l'état |α〉.

Notons pour �nir que si le nombre de photons est �xé dans un état de Fock |n〉, il
n'en est rien dans un état cohérent. Une mesure du nombre de photons dans un tel état
|α〉 donne en e�et le résultat n avec une statistique poissonienne. La probabilité P (n) de
mesurer n est

P (n) = |〈n|α〉|2 = e−|α|
2 |α|2n

n!
. (I.12)

Le nombre moyen de photons y est alors simplement

〈N̂〉 = 〈α|N̂ |α〉 = |α|2. (I.13)

I.1.2.b Couplage à l'environnement

L'oscillateur harmonique décrit par le modèle donné au paragraphe précédent et que
nous cherchons à manipuler n'est bien sûr pas un système isolé. S'il est couplé à une
source micro-onde classique permettant de préparer des états cohérents, il l'est aussi avec
l'environnement. C'est ce couplage qui est à l'origine des phénomènes de relaxation et de
décohérence. Si nous pouvons le négliger à l'échelle du temps d'interaction avec un atome,
il n'en est rien à l'échelle d'une expérience entière au cours de laquelle le même champ
interagit avec une longue série de sondes atomiques. Nous devons donc en donner un cadre
formel.

En présence de relaxation Du fait du couplage à l'environnement, le nombre de pho-
tons présents dans la cavité ne reste pas constant au cours du temps : ceux-ci ont maintenant
la possibilité d'en sortir. Inversement des photons de l'environnement peuvent y entrer. Les
deux processus se compensent une fois l'équilibre atteint : pour un environnement à tem-
pérature �nie T , qui joue alors le rôle de thermostat, celui-ci est établi quand l'oscillateur
harmonique est dans son état dit thermique, décrit par la statistique de Bose-Einstein à la
température T et à la pulsation ωcav :

Pth(n) = e
−n~ωcav

kBT

(
1− e

− ~ωcav
kBT

)
, (I.14)

où kB est la constante de Boltzmann. Dans cet état, le nombre moyen de photons présents
dans le mode est

nth =
1

e
~ωcav
kBT − 1

. (I.15)
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À 51, 1 GHz et 0, 8 K, température à laquelle sera refroidi le mode, ce nombre vaut seule-
ment nth = 0, 05.

Il nous faut maintenant décrire l'évolution de l'état du champ vers cet état d'équilibre.
Pour rendre compte de la transformation de sa matrice densité ρ sous chacun deux proces-
sus évoqués ci-dessus, nous introduisons les deux opérateurs de saut L− et L+ décrivant
respectivement la perte et le gain d'un photon par le mode :

L− =
√
κ−a L+ =

√
κ+a

†. (I.16)

Dans le cadre d'une description markovienne de l'environnement [30, 84], valable pour un
environnement su�samment grand devant l'oscillateur harmonique, en termes de nombre
de degrés de liberté par exemple, et pour des évolutions sur des temps longs devant le
temps de mémoire de l'environnement, l'équation d'évolution de la matrice densité ρ de
l'oscillateur harmonique, ou équation maîtresse, peut s'écrire sous la forme dite de Lind-
blad [86] :

dρ

dt
= − i

~
[H, ρ] + Lρ, (I.17)

Lρ =
∑

µ={+,−}

(
LµρL

†
µ −

1

2
L†µLµρ−

1

2
ρL†µLµ

)
, (I.18)

où le premier terme de l'équation (I.17) décrit simplement une évolution hamiltonienne
de hamiltonien H. Pour des intervalles de temps in�nitésimaux, l'équation (I.17) prend la
forme, en représentation d'interaction par rapport au hamiltonien H,

ρ(t+ dt) = (1 + dtL) ρ(t). (I.19)

Notons aussi que dans le cadre de ce modèle, la probabilité par unité de temps qu'un saut
quantique L+ ou L− ait lieu est donnée par

p+ = Tr
(
L†+L+ρ

)
= κ+Tr

(
aa†ρ

)
= κ+(1 + 〈n〉) (I.20)

p− = Tr
(
L†−L−ρ

)
= κ−Tr

(
a†aρ

)
= κ−〈n〉. (I.21)

À l'équilibre thermique, ces deux probabilités étant égales, nous obtenons simplement

κ+

κ−
=

nth

nth + 1
. (I.22)

Nous introduisons alors le taux de relaxation κ, dé�ni tel que

κ+ = nthκ κ− = (nth + 1)κ. (I.23)

Notons de suite qu'eu égard à la valeur très faible de nth aux températures auxquelles nous
travaillerons, nth = 0, 05, la probabilité qu'un saut quantique à partir d'un état de Fock
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|n〉 corresponde au gain d'un photon est très faible, dès que n 6= 0, comparée à celle que le
saut se traduise par une perte de photon.

À partir de l'équation (I.23), il vient en outre

d〈N̂〉
dt

= −κ
(
〈N̂〉 − nth

)
. (I.24)

Tcav = κ−1 est donc le temps caractéristique de décroissance du nombre moyen de photons
dans la cavité, appelé dorénavant temps de vie d'un photon. Il est en e�et possible de
montrer que le champ préparé dans l'état de Fock |n〉 voit la population de cet état décroître
exponentiellement, à température nulle 7, en Tcav/n. L'état nombre contenant 1 photon est
donc en particulier �perdu� en Tcav.

Couplage à une source micro-onde classique Voyons maintenant comment nous
sommes en mesure de coupler le champ à une source micro-onde et comment nous préparons
ainsi les états semi-classiques de Glauber. Nous n'en donnerons pas ici une description
théorique précise. Celle-ci peut être trouvée par exemple dans [30]. Précisons simplement
que l'opération qui consiste à injecter un champ cohérent |α〉 dans le mode de la cavité est
décrite par l'opérateur déplacement D(α) dé�ni comme

D(α) = eαa
†−α∗a. (I.25)

Il tient son nom du fait qu'un champ cohérent d'amplitude β est transformé en un champ
d'amplitude α + β après application de D(α) :

D(α)|β〉 = eαβ
∗−α∗β|α + β〉. (I.26)

En pratique, la construction d'un état classique |α〉 se fait par le couplage du mode
du champ électromagnétique avec une source micro-onde classique, d'amplitude et de fré-
quence bien contrôlées. Partant du vide de photons, coupler la source au mode pendant
un temps tinj très inférieur 8 au temps de vie des photons Tcav revient alors à préparer
le champ dans l'état |α = γtinj〉, où γ est le taux d'injection dont la valeur dépend de la
puissance de la source micro-onde. Nous supposerons dans toute la suite l'approximation
linéaire tinj � Tcav véri�ée.

Le schéma de principe de l'injection est donné �gure I.5. Le synthétiseur utilisé fournit
une onde à ∼ 12, 8 GHz. À sa sortie, une diode PIN à une entrée et une sortie 9, contrôlée
par un signal digital sa, est utilisée comme commutateur rapide. La durée d'une injection
est alors contrôlée avec une précision de l'ordre du temps de commutation de la diode, i.e.
∼ 100 ns. L'impulsion micro-onde ainsi générée est alors quadruplée en fréquence avant de
voir son intensité diminuée dans un atténuateur variable de précision, de gamme 0 � 80 dB.
Nous disposons alors d'un contrôle précis du taux d'injection γ. La façon dont ce coe�cient
est calibré sera donnée au paragraphe III.2.1.

7. À température T = 0, 8K, la correction est faible, le temps de vie étant alors de Tcav/(n+(2n+1)nth).
8. Dans le cas général, l'amplitude du champ préparé s'écrit α = γTcav

(
1− e−tinj/Tcav

)
.

9. Dite �SPST� pour �Single Pole Single Throw�.
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Figure I.5 � Préparation d'un état classique du champ. Un signal micro-onde à 12, 8 GHz
est transmis via une diode PIN, contrôlée par un signal digital sa, à un quadrupleur de
fréquence. L'amplitude de l'onde à 51 GHz est alors contrôlée par un atténuateur variable
0 � 80 dB dont la sortie est couplée via des guides d'onde au mode du champ électroma-
gnétique constituant l'oscillateur harmonique.

I.2 Atomes à deux niveaux

Décrivons maintenant l'atome à deux niveaux utilisé comme sonde du champ électro-
magnétique dans nos expériences. La première partie nous permettra d'introduire tous les
concepts et notations dont nous aurons besoin par la suite, tandis que les parties suivantes
seront consacrées à la réalisation expérimentale.

I.2.1 Formalisme et notations

I.2.1.a Atome à deux niveaux et spin 1/2

L'analogie entre un système quantique à deux niveaux, et a fortiori entre les atomes
à deux niveaux dont nous voulons nous servir, et un spin 1/2 est totale. Le formalisme
associé [87, 30] peut alors être intégralement utilisé : les deux niveaux communément notés
|e〉 ≡ |+〉z et |g〉 ≡ |−〉z, états excité et fondamental respectivement, sont les états propres
du hamiltonien Hat :

Hat =
hνat

2
σz, (I.27)

où νat est la fréquence de la transition |g〉 ←→ |e〉, et σz l'un des trois opérateurs de Pauli
qui, avec l'unité 1at, forment une base de l'espace des opérateurs sur le système à deux
niveaux. Ils s'écrivent dans la base {|e〉, |g〉}

σx =

(
0 1
1 0

)
σy =

(
0 −i
i 0

)
σz =

(
1 0
0 −1

)
. (I.28)
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Figure I.6 � Représentation de l'état d'un système à deux niveaux sur la sphère de Bloch.

Par analogie, nous dé�nissons donc le pseudo-spin atomique S = ~σ/2, où σ est le vecteur
de composantes σx, σy et σz.

Notons que nous avons choisi ici sans perte de généralité de �xer comme origine des
énergies la moyenne des énergies des niveaux |e〉 et |g〉 :

Ee + Eg
2

≡ 0. (I.29)

Un état quelconque |ψ〉 de l'atome à deux niveaux est décrit par la donnée de deux
angles 0 ≤ θ ≤ π et 0 ≤ ϕ ≤ 2π en s'écrivant sous la forme

|ψ〉 = cos
θ

2
|e〉+ eiϕ sin

θ

2
|g〉. (I.30)

Une représentation géométrique simple peut alors être utilisée : la sphère de Bloch [38].
Un état de l'atome à deux niveaux de �paramètres� (θ, ϕ) y est représenté par un vecteur
unitaire u de coordonnées sphériques (θ, ϕ) (voir �gure I.6). Cet état est noté |+〉u par
analogie avec les états |±〉i=x,y,z, l'état |−〉u = |+〉−u lui étant orthogonal.

Nous introduisons �nalement les opérateurs de création et de destruction d'excitation
atomique, σ+ et σ− respectivement, dé�nis comme

σ+ = |e〉〈g| σ− = |g〉〈e|. (I.31)

L'opérateur dipôle électrique D = qR, purement non-diagonal dans la base {|e〉, |g〉}, peut
alors s'écrire

D = d(εaσ− + ε∗aσ+), (I.32)
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où l'on a introduit le paramètre réel d et le vecteur complexe εa via

q〈g|R|e〉 = dεa. (I.33)

I.2.1.b Manipulation de l'état interne

Dans les expériences que nous allons réaliser, il sera crucial de pouvoir manipuler l'état
interne des atomes. Cela se fait via l'interaction avec un champ électrique classique Er, de
pulsation ωr et de polarisation εr, décrite par le hamiltonien dipolaire électrique Hr :

Hr = −D ·Er(t), Er(t) = iEr
(
εre
−i(ωrt+ϕ) − ε∗rei(ωrt+ϕ)

)
. (I.34)

Nous passons alors dans le référentiel tournant à ωr, et dans le cadre de l'approximation
séculaire, négligeant les termes de phase rapidement variables, le hamiltonien des atomes
en présence du champ électrique devient le hamiltonien indépendant du temps

H̃ =
~∆r

2
σz − i

~Ωr

2

[
e−iϕσ+ − eiϕσ−

]
, (I.35)

où ∆r = ωat−ωr est le désaccord atome/champ. Ωr est la pulsation de Rabi classique, qui
peut être supposée réelle sans perte de généralité, et qui est dé�nie comme

Ωr =
2d

~
Erε∗a · εr. (I.36)

On peut alors montrer que le hamiltonien H̃ peut en fait se mettre sous la forme

H̃ =
~Ω′r

2
σ ·n Ω′r =

√
Ω2
r + ∆2

r, (I.37)

où n est le vecteur unitaire

n =
1

Ω′r
[∆rez + Ωr (− sinϕex + cosϕey)] . (I.38)

Remarquons simplement que :
� si Ωr = 0, alors n = ez,
� si ∆r = 0, alors n est dans le plan équatorial de la sphère de Bloch.

Dans ce dernier cas, c'est le choix seul de la phase ϕ du champ Er qui détermine la
direction du vecteur n. n repère donc la direction autour de laquelle se fait la rotation dans
la sphère de Bloch. Pour des raisons qui apparaîtront évidentes plus tard, nous appelons
direction d'observation la direction dé�nie par le vecteur orthogonal à n contenu dans le
plan équatorial de la sphère. Notons également qu'alors, la pulsation Ω′r se réduit à la
pulsation de Rabi classique Ωr.

Si nous nous rappelons que σ est le générateur des rotations, nous pouvons nous
convaincre que l'interaction de l'atome à deux niveaux avec le champ électrique Er, décrite
par le hamiltonien H̃ donné (I.37), équivaut au temps t à une rotation du spin atomique
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Figure I.7 � Manipulation de l'état interne de l'atome. En présence d'un champ élec-
trique oscillant résonant avec l'atome à deux niveaux, une oscillation de Rabi classique
fait passer continûment des états |e〉 et |g〉 aux superpositions cohérentes à poids égaux
1/
√

2(|e〉+ eiϕ|g〉). La valeur de ϕ dépend de la direction d'observation, et donc du vec-
teur n.

dans la sphère de Bloch d'un angle Ω′rt autour du vecteur n. La �gure I.7 en donne un
exemple dans la situation qui nous intéresse, i.e. quand le champ et les atomes sont à réso-
nance, et pour n choisi le long de l'axe ey. Le passage continu du niveau |e〉 au niveau |g〉,
et inversement de |g〉 à |e〉, constitue ce que l'on appelle des oscillations de Rabi, classiques
ici. Pour le choix particulier

Ωrt =
π

2
, (I.39)

l'interaction avec le champ micro-onde produit les superpositions cohérentes à poids égaux

|e〉 → 1√
2

(
|e〉+ eiϕ|g〉

)
|g〉 → 1√

2

(
−e−iϕ|e〉+ |g〉

)
. (I.40)

Nous appellerons dorénavant cette transformation, brique élémentaire de l'interférométrie
Ramsey décrite au paragraphe I.2.2, une impulsion π/2.

Zones de Ramsey Expérimentalement, ces oscillations de Rabi classiques ont lieu dans
des cavités de faible surtension que nous appelons zones de Ramsey. Leur géométrie doit
permettre une bonne localisation du mode du champ, de sorte à n'autoriser l'interaction
qu'avec un seul atome. Les petits volumes de mode qui en découlent impliquent alors des
champs aussi faibles que quelques photons. Le champ doit cependant continuer à pouvoir



I.2. Atomes à deux niveaux 27

Figure I.8 � Schéma des zones de Ramsey. Le champ micro-onde est d'abord mis en forme
dans une cavité de �ltrage. La lame dorée transmet partiellement la micro-onde qui fuit
dans la cavité traversée par les atomes. Une partie du champ est ré�échie dans le mode par
le miroir en graphite (1), le reste étant �nalement absorbé par un absorbeur micro-onde.

être traité classiquement. Sans entrer dans les détails [77], la solution consiste à imposer
une forte dissipation dans la cavité [88], par l'usage de miroirs en graphite : le facteur de
qualité mesuré est de l'ordre de 100. La mise en forme du mode est quant à elle réalisée
grâce à un cavité de �ltrage de bon facteur de qualité Q ≈ 1000 (voir �gure I.8).

Pour créer un champ dans les zones de Ramsey, nous utilisons des sources micro-ondes
classiques couplées via des guides d'ondes au mode de la cavité (voir �gure). De même que
pour la cavité supraconductrice, l'amplitude du champ injecté est précisément contrôlée
grâce à un atténuateur calibré à 51 GHz, et la durée des impulsions, typiquement de l'ordre
de 2µs, grâce à des interrupteurs rapides type diode PIN. Si la première permet de contrôler
la pulsation de Rabi classique Ωr ∝ Er, la seconde �xe le temps d'interaction t de l'atome
avec le champ et donc l'angle Ωrt de la rotation de spin subie au passage par la zone de
Ramsey.

I.2.2 Interférométrie de Ramsey

Maintenant que nous savons comment manipuler l'état interne des atomes, voyons com-
ment cela peut être exploité pour réaliser un interféromètre atomique . Un interféromètre
de Ramsey est l'équivalent atomique d'un interféromètre optique de Mach-Zehnder. Dans
ce dernier, deux chemins optiques obtenus par division d'amplitude sur une lame sépa-
ratrice interfèrent après recombinaison sur une deuxième lame, la �gure d'interférence en
sortie de l'interféromètre dépendant de la di�érence de marche ou de phase entre les deux
chemins. Ici, le rôle des deux chemins est joué par les deux niveaux |e〉 et |g〉, et la lame
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séparatrice correspond à l'impulsion π/2 qui, pour un atome initialement dans l'état |e〉,
prépare la superposition cohérente

|ψ0〉 =
1√
2

(|e〉+ |g〉). (I.41)

Si maintenant dans une seconde zone de Ramsey, une nouvelle impulsion π/2 est réali-
sée, que devient l'état atomique ? Cela dépend bien sûr de la direction n autour de laquelle
la rotation du spin est faite dans la sphère de Bloch. Celle-ci est contrôlée par la phase
ϕ du champ micro-onde avec lequel interagit l'atome. Plaçons nous ici dans le référentiel
tournant à ωat. Dans la dé�nition de |ψ0〉 donnée équation (I.41), nous avons implicitement
pris comme origine des phases la phase du champ micro-onde dans la première zone de
Ramsey. Si le champ dans la seconde zone de Ramsey a la même phase que dans la pre-
mière, alors la direction d'observation se trouve être la même et l'atome est amené dans
l'état |g〉 en sortie de l'interféromètre. La probabilité πg de détecter l'atome dans |g〉 est
donc de 1.

Pour que les deux impulsions puissent avoir de façon reproductible la même phase, il
nous faut utiliser la même source micro-onde pour les deux zones de Ramsey : c'est la
façon la plus simple d'arriver à ce résultat, sans avoir à utiliser des procédés complexes de
verrouillage de phase. Puisque la source et les atomes sont à résonance, les phases qu'ils
accumulent pendant l'intervalle de temps séparant les deux impulsions sont identiques. La
phase accumulée par la source dans le référentiel tournant est donc nulle et l'égalité de
phase entre les deux impulsions micro-ondes est assurée.

Si nous voulons maintenant modi�er la direction d'observation de la seconde impulsion
π/2, nous pouvons exploiter les deux ordres de grandeur de di�érence entre la longueur
des impulsions et l'intervalle de temps qui les sépare. Les deux zones de Ramsey que
nous utilisons sont en e�et distantes d'environ 9 cm, ce qui correspond à un temps de
vol tvol = 360µs pour des atomes à 250 m/s. Si nous désaccordons la source micro-onde
de νs − νat = δν = 1, 4 kHz seulement, la di�érence de phase accumulée entre les deux
impulsions π/2 est de π. Par ailleurs, une impulsion π/2 nécessitant typiquement 2µs, les
fréquences de Rabi classiques mises en jeu sont de l'ordre de 125 kHz, soit deux ordres de
grandeur au-dessus de δν. Très clairement, il est donc possible en utilisant des désaccords
δν ∼ qqs. kHz de conserver la condition de résonance, tout en variant la phase de la seconde
impulsion π/2. Celle-ci est donnée par

ϕ = (ωs − ωat)tvol. (I.42)

On peut alors montrer que la probabilité πg de détecter un atome dans |g〉 en sortie de
l'interféromètre prend la forme

πg =
1

2
+

1

2
cosϕ. (I.43)

De façon analogue à l'interféromètre de Mach-Zehnder, la probabilité de détecter un
atome dans une des deux �voies� de sortie (|e〉 ou |g〉) est une fonction sinusoïdale de la
di�érence de phase ϕ accumulée entre les deux impulsions π/2. Mesurer πg renseigne donc
sur ce déphasage ϕ.
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I.2.3 Atomes de Rydberg circulaires

Nous nous sommes �xé le cadre formel de l'atome à deux niveaux que nous souhai-
tons utiliser. Il nous faut maintenant pouvoir en disposer expérimentalement. Le choix de
l'atome et des niveaux dans lesquels il sera préparé doit répondre à certaines contraintes.

� Il faut d'une part une structure de niveaux su�samment peu complexe pour pouvoir
être adressée, au moins pour les premières étapes de la préparation, par des lasers de
longueurs d'onde �courantes�. Les atomes alcalins, quasi-exclusivement utilisés dans
les expériences d'optique atomique, y répondent bien. Dans notre dispositif, nous
utilisons des atomes de rubidium 85 ;

� Il faut d'autre part, bien sûr, trouver deux niveaux tels que la description théorique
donnée au paragraphe précédent soit applicable dans le cadre d'approximations �rai-
sonnables� ;

� En outre, la fréquence de résonance du système à deux niveaux ainsi formé doit être
dans le domaine des micro-ondes, i.e. le domaine où nous disposons de cavités de
haute �nesse, comme nous l'avons vu au paragraphe I.1 ;

� En�n, nous l'avons évoqué précédemment, il nous faudra atteindre le régime dit de
couplage fort pour pouvoir réaliser les mesures quantiques non-destructives en vue.
Le temps de vie des niveaux doit donc être su�samment grand pour minimiser les
taux de relaxation, et le dipôle électrique de la transition élevé a�n de maximiser le
couplage des atomes avec le champ électrique qu'ils sonderont.

Les atomes de Rydberg circulaires satisfont à ces critères. Dans cette section, après avoir
donné les principales caractéristiques de ces niveaux particuliers, nous décrirons brièvement
la façon dont nous les préparons et les détectons dans notre système expérimental.

I.2.3.a Propriétés

Les atomes dits de Rydberg [89] sont les atomes pour lesquels le nombre quantique
principal n est très élevé. Les atomes alcalins que nous considérons, excités dans ces niveaux,
voient leur électron de valence très éloigné du c÷ur : dans une vision classique, cet atome
hydrogénoïde est alors un dipôle électrique d'autant plus grand que l'électron est éloigné
du noyau, i.e. d'autant plus grand que n est élevé. Il sera d'autant mieux couplé au champ
électrique que nous souhaitons sonder.

A�n de rendre le temps de vie de ces niveaux excités aussi grands que possible, nous
optons par ailleurs pour l'utilisation des états dits circulaires [90]. Ces niveaux pour les-
quels les nombres quantiques orbital et magnétique sont maximaux (l = m = n− 1) sont
en e�et étonnamment stables. Sans entrer dans les détails, cela est lié aux règles de sélec-
tion dipolaire électrique qui imposent à un état circulaire de niveau n, que nous noterons
dorénavant |nC〉, de se désexciter vers l'état circulaire inférieur |(n− 1)C〉, et vers cet état
seulement. Leur temps de vie croît même en n5. Les expériences que nous avons menées
ont utilisé les niveaux circulaires |51C〉 ≡ |e〉 et |50C〉 ≡ |g〉 (voir �gure I.9). Leurs temps
de vie respectifs sont de 31, 5 ms et 28, 5 ms.

Ces niveaux sont en outre dits �circulaires� en référence à la forme de l'orbitale élec-
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Figure I.9 � Niveaux de Rydberg circulaires utilisés dans nos expériences. La transition
atomique à 51, 099 GHz est dans le domaine micro-onde.

tronique. Celle-ci est en e�et torique et localisée au voisinage de la trajectoire circulaire
d'un électron dans le modèle de Bohr. Les caractéristiques principales des atomes de Bohr
se retrouvent alors chez les atomes de Rydberg circulaires :

� Les énergies des niveaux dans le vide ne dépendent que de n et croissent en −1/n2.
La fréquence de la transition |(n− 1)C〉 ←→ |nC〉 décroît donc en 1/n3. Pour les
niveaux |e〉 et |g〉 que nous utilisons, celle-ci est comme requis dans le domaine des
micro-ondes (voir �gure I.9) ;

� Le rayon de l'orbitale croît quant à lui en n2. Il en va alors de même pour le dipôle de
la transition |(n− 1)C〉 ←→ |nC〉, introduit au paragraphe I.2.1, dont la composante
σ+ prend la forme [30, p. 254]

dn = n2 |q|a0√
2
, (I.44)

où q est la charge de l'électron et a0 = 0, 53Å le rayon de Bohr. Pour les niveaux
que nous utilisons, ce dipôle est de l'ordre de 1800|q|a0, soit 400 fois plus grand que
celui de la transition D2. À l'échelle atomique, les niveaux de Rydberg circulaires
sont donc des atomes géants, véritables antennes très sensibles au champ électrique
micro-onde.

Il nous reste �nalement à véri�er la condition la plus essentielle : les niveaux |e〉 et |g〉
peuvent-ils être considérés comme formant un système à deux niveaux ? En champ nul,
la réponse est non. Les niveaux circulaires sont alors quasi-dégénérés avec la plupart des
niveaux dits elliptiques, de même nombre quantique principal, mais de moment orbital
plus faible. Nous pouvons toutefois utiliser la grande sensibilité des niveaux de Rydberg
au champ électrique pour lever cette dégénérescence grâce à l'e�et Stark.

La �gure I.10 donne le diagramme des niveaux d'énergie pour les deux multiplicités
n = 50 et n = 51 de l'atome hydrogénoïde en présence d'un champ électrique statique
F . Notons que nous y introduisons un nouveau nombre quantique n1, appelé nombre
quantique parabolique : la présence du champ électrique brise la symétrie sphérique et
le nombre quantique orbital l n'est plus un bon nombre quantique. Il est remplacé par
n1, qui prend ses valeurs entre 0 et n − |m| − 1. Pour un niveau circulaire notamment,
n1 = 0. Il est alors possible de montrer [91] que l'énergie du niveau |n,m, n1〉 prend la
forme E = E(0) + E(1) + E(2), dans un développement à l'ordre 2 en champ électrique,
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Figure I.10 � Diagramme d'énergie des niveaux de Rydberg n = 50 et n = 51 pour
un atome hydrogénoïde en présence d'un champ électrique. Le dipôle de la transition σ+

|50C〉 → |51C〉, de 1776|q|a0, est 66 fois plus grand que le dipôle de la transition σ− de
même fréquence |50C〉 → |n = 51,m = 48, n1 = 1〉. Préparé dans un des états circulaires,
l'atome se comporte comme un atome à deux niveaux.

avec

E(0) = − 1

2n2
, (I.45)

E(1) =
3

2
knF, (I.46)

E(2) = − 1

16

(
17n2 − 3k2 − 9m2 + 19

)
n4F 2, (I.47)

où k = 2n1−n+ |m|+1, et où les énergies et champs sont exprimés en unités atomiques. Il
faut essentiellement noter qu'un e�et Stark linéaire permet alors de lever la dégénérescence
entre l'état circulaire et les deux états de m immédiatement inférieurs (m = n − 2) par
100 MHz/(V/cm). En présence d'un champ électrique même faible la transition circulaire �
circulaire (∆m = +1) peut alors être notablement distinguée des transitions vers les états
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elliptiques (∆m = 0). La transition ∆m = −1 reste toutefois très proche en fréquence,
mais les deux ordres de grandeur entre son dipôle et dn nous autorise à la négliger. C'est
donc bien d'un système à deux niveaux dont nous disposons maintenant.

Notons pour �nir que si l'e�et Stark linéaire s'annule pour les niveaux circulaires, un
e�et quadratique subsiste. La transition |50C〉 ←→ |51C〉 voit alors sa fréquence déplacée
de l'ordre de −255 kHz/(V/cm)2. Par l'emploi de champs électriques de l'ordre du V · cm−1,
nous pourrons donc modi�er la fréquence atomique sur quelques centaines de kilohertz, soit
sur des échelles plus grandes que le couplage entre le champ de la cavité et les atomes, de
l'ordre de 49 kHz dans nos expériences. Nous pourrons en particulier amener à loisir l'atome
à ou hors résonance avec le champ.

Remarque : En champ nul, c'est en fait la stabilité même des niveaux circulaires qui est
remise en question [92]. C'est en e�et le champ électrique qui �xe l'axe de quanti�cation. Si
le champ appliqué s'annule ou est trop faible, cet axe ne sera plus bien dé�ni et les champs
électriques résiduels pourront modi�er l'état interne de l'atome au sein de la multiplicité.
Le champ électrique se doit donc d'être gardé non nul tout le long de la trajectoire ato-
mique, et rendu aussi homogène que possible pour éviter des variations rapides de l'axe
de quanti�cation, toujours pour préserver les niveaux circulaires, mais aussi pour éviter
des déphasages inhomogènes des atomes dans le jet, qui limiteraient le contraste de l'in-
terféromètre de Ramsey. Un potentiel électrique bien contrôlé est donc appliqué à toutes
les pièces du montage 10 à proximité desquelles les atomes transitent. Le champ électrique
statique résultant est appelé champ électrique directeur.

I.2.3.b Préparation et contrôle

Circularisation des atomes de rubidium Expliquons maintenant comment nous pré-
parons les atomes de rubidium dans les états de Rydberg circulaires que nous avons choisis.
La �circularisation� des atomes, initialement amenés par pompage optique dans l'un des
deux sous-niveaux hyper�ns de l'état fondamental,

∣∣5S1/2, F = 3,mF = 3
〉
, est un proces-

sus complexe. Nous n'en donnerons qu'un aperçu ici, les détails pouvant être trouvés dans
la thèse de Tristan Meunier [93]. La �gure I.11 en donne le principe général.

À l'aide de trois impulsions laser à 780 nm, 776 nm et 1, 26µm, les atomes sont pré-
parés dans un premier temps dans le niveau |52f,m = 2〉 en champ électrique nul (étape
(1)). Notons que sur les trois lasers utilisés, seul le premier échelon à 780 nm est pulsé,
typiquement 2µs. C'est donc cette impulsion qui déclenche e�ectivement la procédure de
circularisation et qui sera prise comme référence de temps dans toute la suite.

10. C'est �nalement 25 potentiels qu'il faut appliquer. La thèse de Sébastien Gleyzes [77] explique com-
ment nous choisissons leurs valeurs.
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Figure I.11 � Préparation des atomes dans les niveaux de Rydberg circulaires.
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Il est ensuite indispensable de poursuivre la circularisation en champ électrique non-nul
pour lever la dégénérescence entre les niveaux elliptiques et circulaires. Le branchement
progressif du champ électrique permet de faire passer adiabatiquement les atomes vers le
niveau |n = 52, n1 = 1,m = 2〉 (étape (2)). L'absorption de 49 photons radio-fréquences à
255 MHz par un passage adiabatique rapide prépare alors le niveau circulaire |52C〉 (étape
(3)). Pour lever la dégénérescence entre les transitions σ+ et σ−, un champ magnétique de
l'ordre de 18 G est en outre appliqué.

Le passage aux niveaux |e〉 ou |g〉 se fait �nalement par une transition à un photon de
fréquence 48, 2 GHz ou à deux photons de fréquence 49, 6 GHz respectivement (étape (4)).
Cette transition se fait en présence d'un grand champ électrique de sorte à bien séparer les
niveaux circulaires des niveaux elliptiques : seul le niveau circulaire |52C〉 est amené vers
les multiplicités 50 ou 51, et cette impulsion est donc appelée impulsion de puri�cation.

Taux de répétition : Pour éviter que les champs magnétiques forts utilisés lors de la
circularisation ne viennent perturber, par e�et Zeeman, les niveaux circulaires a posteriori,
cette procédure est intégralement réalisée dans une enceinte en niobium supraconducteur
appelée boîte à circulariser. Le champ électrique qui y règne est varié tout au long de la
séquence dans une �rampe à circulariser� de 70µs de long. Cela �xe une limite inférieure
au taux de répétition de la circularisation. L'impulsion de puri�cation en constitue un autre
facteur limitant. Celle-ci n'est en e�et pas bien con�née dans la boîte à circulariser et inonde
donc une grande partie du montage. Il faut alors s'assurer qu'aucun atome circulaire n'est
dans une région de forts gradients de champ électrique au moment de ces impulsions, sous
peine de voir leurs états modi�és. Pour des atomes à 250 m/s, la préparation n'a ainsi pu
être répétée que toutes les 82µs.

Contrôle de la position et de la vitesse Le contrôle de la position des atomes dans
l'espace et dans le temps est indispensable dans nos expériences. De la circularisation à
la détection, en passant par l'interférométrie Ramsey décrite plus bas, leur manipulation
nécessite en e�et qu'ils soient à un instant bien dé�ni (début d'une impulsion π/2 par
exemple) dans une partie bien particulière du dispositif expérimental (zone de Ramsey).

La source d'atomes que nous utilisons est un four chau�é à 185 ◦C contenant une cellule
de plusieurs grammes de rubidium. En sortie du four, le faisceau atomique est collimaté
à l'aide de deux diaphragmes. Une faible extension transverse de l'ordre de 0, 7 mm est
alors obtenue. D'une part cela présente l'avantage de limiter la sensibilité aux gradients de
champ électrique résiduels. D'autre part, nous pouvons alors nous assurer que les atomes
passent bien par un ventre des modes des champs avec lesquels ils interagissent. C'est dans
cette situation que le champ électrique �vu� est d'amplitude maximale et donc que le
couplage entre les atomes et le champ est maximisé.

Mais si la localisation transverse est alors assurée, il n'en est rien longitudinalement.
En sortie du four en e�et, les vitesses signi�cativement représentées s'étendent d'environ
150 m/s à 600 m/s (voir �gure I.13). Il nous faut donc sélectionner activement une classe
de vitesse relativement étroite dans la distribution si nous voulons pouvoir connaître la
position des atomes circulaires à tout instant. Cette sélection de vitesse repose sur l'utili-
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a.

b. c.

Figure I.12 � Sélection de vitesse. a. Dispositif utilisé pour la sélection en vitesse des
atomes. b. Un premier laser dépompeur perpendiculaire au jet atomique amène tous
les atomes dans le niveau F = 2 via F ′ = 3. c. Un second laser repompeur fai-
sant un angle θ avec le jet ramène dans F = 3 via F ′ = 3 les atomes de vitesse
v = ∆ωλrep/2π cos θ souhaitée. Une seconde classe de vitesse est également sélectionnée
via F ′ = 2 : v′ = ∆ω′λrep/2π cos θ.

sation de deux lasers en amont de la boîte à circulariser appelés dépompeur et repompeur
(voir �gure I.12). Nous réalisons en fait ce que l'on appelle un pompage optique sélectif en
vitesse [94].

La laser dépompeur d'abord, accordé sur la transition
∣∣5S1/2, F = 3

〉
→
∣∣5P3/2, F

′ = 3
〉

et allumé en continu, permet d'amener tous les atomes en sortie du four vers le sous-
niveau hyper�n de plus basse énergie

∣∣5S1/2, F = 2
〉
. Le laser repompeur, pulsé cette fois,

et désaccordé de ∆ω ≈ 145 MHz vis à vis de la transition
∣∣5S1/2, F = 2

〉
→
∣∣5P3/2, F

′ = 3
〉
,

permet de ramener une certaine classe de vitesse vers le niveau |F = 3〉. Il est en e�et aligné
de telle sorte qu'il fasse un angle θ ≈ 63◦ avec le jet atomique, et seuls les atomes de vitesse
v pour laquelle l'e�et Doppler compense exactement le désaccord ∆ω seront �repompés�.
Puisque seuls les atomes préparés dans l'état |F = 3〉 peuvent être excités par le premier
échelon de la circularisation, tous les atomes circulaires produits ont cette vitesse v.

La sélection Doppler de la classe de vitesse se trouve par ailleurs ra�née par l'utilisation
d'une sélection en temps de vol. Ainsi, le laser repompeur et le laser à 780 nm marquant le
début de la circularisation étant tous deux pulsés et séparés spatialement, seuls les atomes
ayant une vitesse leur permettant de �voir� l'une et l'autre de ces impulsions laser seront
excités. Notons en outre que si la sélection par e�et Doppler autorise en fait la présence
d'une autre classe de vitesse v′, repompée via le niveau |F ′ = 2〉, la sélection par temps
de vol permet �nalement de la supprimer (�gure I.13). La durée de l'impulsion repompeur
est le paramètre qui contrôle la largeur de la classe de vitesse sélectionnée : plus elle sera
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Figure I.13 � Distribution de vitesse des atomes : en noir, sans sélection de vitesse ; en
bleu, avec le laser repompeur allumé en continu ; en rouge (et dans l'encart), avec le laser
repompeur allumé 4µs.

longue, plus la classe de vitesse sera large. Pour une durée de 4µs par exemple, nous
obtenons des atomes à (250± 2) m/s.

Nombre d'atomes par paquet La procédure d'excitation des atomes issus d'une va-
peur atomique produit les niveaux circulaires voulus avec une statistique poissonienne : le
nombre d'atomes préparés à chaque circularisation n'est donc pas �xé. Nous désignerons
dans toute la suite par paquet ou échantillon atomique l'ensemble des atomes excités après
une séquence de préparation, qui peut donc contenir un, plusieurs ou même aucun atome.

Le paramètre qui nous permet de contrôler le nombre moyen d'atomes par paquet na
est une nouvelle fois la durée de l'impulsion repompeur. Un rétrécissement de la distribu-
tion de vitesse s'accompagne d'une diminution du nombre d'atomes préparés et le choix
résulte �nalement d'un compromis. Notons toutefois que nous ne chercherons pas systé-
matiquement à avoir un grand nombre d'atomes préparés par échantillon. La statistique
poissonienne implique en e�et un écart-type de na en

√
na. Or le nombre d'atomes in-

teragissant avec le champ quantique soumis aux mesures quantiques non-destructives se
devra d'être bien connu. Plus précisément, il nous faudra autant que faire se peut éviter les
situations où plus d'un atome sont présents simultanément dans la cavité. Nous allumons
donc en général le laser repompeur sur un temps relativement court, de 2 à 4µs, pour na
valant alors typiquement de 0, 4 à 0, 6, et une classe de vitesse large de 2 à 4 m/s.

I.2.3.c Modi�cation de la phase de l'interféromètre

Au paragraphe I.2.2, nous avons expliqué comment la manipulation de l'état interne des
atomes peut être utilisée pour réaliser un interféromètre de Ramsey. Nous avons notamment
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Figure I.14 � Franges de Ramsey. Probabilité πg de détecter un atome dans |g〉 en sortie de
l'interféromètre en fonction de la fréquence de la source micro-onde (l'origine des abscisses
est arbitraire), et pour quatre déplacements Stark di�érents. Les traits continus sont des
ajustements sinusoïdaux de contraste moyen 76 % et sans décalage (moyenne à 50%).

vu que le choix de la fréquence des impulsions micro-ondes permet de choisir la phase de
l'interféromètre, la probabilité de détecter un atome dans |g〉 en sortie de l'interféromètre
s'écrivant (équation (I.43))

πg =
1

2
+

1

2
cos(ϕ = (ωS − ωat)tvol). (I.48)

Toutefois, au sein d'une même réalisation d'une expérience, cette fréquence ne peut pas
être modi�ée, d'un échantillon à l'autre par exemple 11. Or, comme nous le verrons au
paragraphe I.4, nous aurons besoin d'une telle �exibilité dans la réalisation de mesures
quantiques non-destructives.

Une autre façon de modi�er la phase de mesure consiste à utiliser l'e�et Stark. En
modi�ant le champ électrique le long de la trajectoire atomique, nous pouvons en e�et
modi�er les niveaux d'énergie et donc la phase accumulée par les atomes pendant leur
temps de vol. En pratique, cela se fait à l'aide de deux potentiels électriques appliqués sur
chacun des miroirs de la seconde zone de Ramsey.

Dans toute la suite, nous noterons de façon générale φr la phase de la seconde impulsion
π/2, appelée aussi phase de l'interféromètre, qui prend en compte à la fois le déplacement

11. La fréquence de la source est contrôlée par GPIB, dont les �temps de latence� de l'ordre de la
milliseconde sont incompatibles avec une modi�cation en temps réel dans nos expériences où le temps
entre deux échantillons est de moins de 100µs.
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Stark et le désaccord entre la source et les atomes :

φr =

∫ tvol

0

(ωat(t)− ωS) dt. (I.49)

Le signe de φr, choisi opposé à celui de ϕ (équation (I.42)), est purement conventionnel. La
�gure I.14 donne la probabilité πg de détecter un atome dans |g〉 en sortie de l'interféromètre
en fonction de la fréquence de la source micro-onde et pour quatre déplacements Stark
di�érents. De tels signaux constituent ce qu'on appelle des franges de Ramsey.

Notons qu'expérimentalement, l'interféromètre a un contraste C �ni et potentiellement
une probabilité moyenne π0 di�érente de 50%. L'équation I.48 devient alors

πg = π0 +
C

2
cosφr. (I.50)

La réduction du contraste C peut avoir pour origine une imperfection des impulsions π/2
mais aussi la présence de champs électriques inhomogènes entre les deux cavités Ramsey.
Comme nous l'avons évoqué précédemment, la phase accumulée par les atomes pendant
leur temps de vol peut alors dépendre de leur position exacte dans le jet. En moyenne sur
tous les atomes, cela revient à introduire un bruit sur la phase φr, et �nalement à réduire le
contraste C. Notons en�n que si les potentiels électriques utilisés pour modi�er la phase de
l'interféromètre sont eux-même bruités, alors une moyenne temporelle réduira à son tour le
contraste. Il nous a donc fallu prendre soin de limiter autant que faire se peut de tels bruits
électriques. En particulier, des diviseurs de tension de gain ∼ 1/10 sont systématiquement
insérés entre les sources de tension et ces électrodes de contrôle.

I.2.3.d Détection

Avant de conclure cette section, il nous reste à expliquer comment les atomes sont
�nalement détectés, un critère essentiel étant que les deux niveaux |e〉 et |g〉 doivent être
bien distingués. La détection se fait par ionisation de l'atome. L'électron de valence des
atomes de Rydberg étant peu lié au noyau, il su�t d'un champ électrique statique d'une
centaine de V/cm pour l'arracher. Cette ionisation est en outre sélective en énergie : le seuil
d'ionisation dépend de la valeur n du niveau atomique [89], et si un niveau elliptique et un
niveau circulaire appartenant à une même multiplicité seront di�cilement distinguables,
la discrimination sera aisée pour deux niveaux circulaires distincts.

La thèse d'Alexia Au�èves-Garnier [95] donne les détails du détecteur que nous utilisons.
Nous n'en donnons �gure I.15.a qu'une vue de principe. Il est constitué d'une cathode plate
et d'une anode percée entre lesquelles transitent les atomes. En appliquant une rampe
temporelle de tension sur la cathode � appelée dans toute la suite rampe d'ionisation ou
de détection � tout en �xant le potentiel de l'anode, nous sommes en mesure d'ioniser les
niveaux circulaires |52C〉, |51C〉 et |50C〉 à des instants di�érents. L'électron arraché est
ensuite focalisé à l'aide de �lentilles électrostatiques� dans un multiplicateur d'électrons.
Le temps auquel l'électron est détecté nous permet alors de remonter au niveau d'énergie
de l'atome ionisé : nous dé�nissons des fenêtres temporelles sur le spectre d'ionisation,
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b.a.

jet atomique

Figure I.15 � Détection des atomes. a. Schéma de principe du détecteur. Un potentiel
électrique variable appliqué sur une des électrodes du détecteur permet l'ionisation des
atomes présents au dessus du trou de l'anode. L'électron arraché est focalisé par des len-
tilles électrostatiques vers un multiplicateur d'électrons. b. Signal temporel de détection
enregistré pour une rampe de potentiel donnée et moyenné sur ≈ 5000 échantillons. Les
trois niveaux circulaires |52C〉, |51C〉, et |50C〉 sont bien distinguables via la dé�nition de
trois fenêtres de détection.

telles que données sur la �gure I.15.b, chacune étant associée respectivement à un et un
seul niveau circulaire. La détection d'un électron dans l'une de ces fenêtres correspond à
la détection d'un atome dans le niveau circulaire associé.

Remarque Si les trois niveaux circulaires sont bien distinguables deux à deux sur le
spectre d'ionisation, la distinction entre les niveaux elliptiques et le niveau circulaire d'une
même multiplicité est plus délicate. Il faut donc s'assurer autant que faire se peut que
les échantillons sont aussi purs que possibles, i.e. ne contiennent pas d'atomes dans des
niveaux elliptiques. Passer par le niveau |52C〉 pour préparer les niveaux |51C〉 et |50C〉
va dans ce sens, et permet une puri�cation des niveaux. La circularisation n'étant jamais
parfaite, une partie des atomes sont en fait préparés dans des niveaux elliptiques de la
multiplicité 52. Après la dernière impulsion micro-onde amenant le niveau |52C〉 vers le
niveau |51C〉 ou |50C〉, les niveaux circulaires ont une énergie notablement plus faible que
ces niveaux elliptiques, restés dans leur multiplicité élevée. L'emploi d'un champ électrique
ionisant toutes les multiplicités au-dessus du niveau circulaire désiré permet alors de se
débarrasser de ces niveaux �parasites�.
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I.3 Deux systèmes en interaction

Nous avons maintenant décrit séparément chacun des deux systèmes au c÷ur de notre
expérience : le champ quanti�é et l'atome à deux niveaux. Une fois couplés, leur com-
portement est notablement modi�é. En particulier, ils deviennent inséparables et doivent
être décrits au sein d'une même entité, l'atome habillé. Nous donnerons dans cette section
toutes les propriétés de ce nouveau système utilisées ultérieurement. Notons que nous ne
traiterons que le cas où la relaxation, aussi bien du champ que de l'atome, est négligeable,
i.e. le régime de couplage fort.

De même que nous l'avons fait au paragraphe I.2.1 lors de notre étude de l'interaction
entre un atome à deux niveaux et un champ classique, nous décrivons le couplage entre ce
même atome et le champ quantique étudié au paragraphe I.1 par un hamiltonien dipolaire
électrique :

Hint = −D ·E(r) = −dE(r)(εaσ− + ε∗aσ+) · (εa+ ε∗a†). (I.51)

Dans le cadre de l'approximation de champ tournant [30], négligeant les termes à va-
riation de phase rapide en représentation d'interaction vis à vis du hamiltonien libre
H0 = Hat +Hcav, le hamiltonien d'interaction peut s'écrire sous la forme

Hint =
~Ω0(r)

2

(
σ+a+ σ−a

†) , (I.52)

avec

Ω0(r) = −2E0dεa · ε
~

f(r) ≡ Ω0f(r), (I.53)

où f(r) est, rappelons-le, le pro�l du champ électrique dans la cavité. Ω0/2π est précisé-
ment la fréquence caractéristique du couplage que nous avons déjà utilisée, et est appelée
fréquence de Rabi du vide. Elle vaut

Ω0/2π = 49 kHz. (I.54)

Le terme σ+a décrit la destruction d'un photon conjointe à l'excitation d'un atome, et le
terme σ−a† le transfert d'excitation opposé. Les termes négligés sont en fait les termes non
résonants σ−a et σ+a

† pour lesquels l'atome à deux niveaux et l'oscillateur harmonique
perdent (resp. gagnent) une excitation simultanément.

Le hamiltonien du système couplé prend donc �nalement la forme dite de Jaynes-
Cummings [96] :

HJC =
~ωat

2
σz + ~ωcav

(
a†a+

1

2

)
+

~Ω0

2

(
σ+a+ σ−a

†) f(r). (I.55)

Dans le cadre de ce modèle, les états stationnaires des systèmes libres sont couplés deux
à deux : les sous-espaces Sn = {|e, n〉, |g, n+ 1〉} sont laissés invariants par le hamiltonien
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Figure I.16 � Énergie des états habillés de la ne multiplicité en fonction du désaccord
atome/champ δ ramené à la pulsation de Rabi Ωn.

HJC. Seul le niveau fondamental |g, 0〉 n'est couplé à aucun autre état. L'évolution au sein
de la ne multiplicité Sn se fait alors selon le hamiltonien réduit

Hn = ~
(
ωcav(n+ 1) + δ/2 Ωnf(r)/2

Ωnf(r)/2 ωcav(n+ 1)− δ/2

)
, (I.56)

où δ = ωat − ωcav est le désaccord entre les deux systèmes libres, et

Ωn = Ω0

√
n+ 1 (I.57)

le couplage entre les deux états de Sn. Les états propres deHn, au pro�l f(r) près, s'écrivent

|+, n〉 = cos
θn
2
|e, n〉+ sin

θn
2
|g, n+ 1〉 (I.58)

|−, n〉 = sin
θn
2
|e, n〉 − cos

θn
2
|g, n+ 1〉. (I.59)

L'angle 0 ≤ θn < π est dé�ni comme

tan θn =
Ωn

δ
. (I.60)

Les états |±, n〉 sont les états habillés du système atome/champ, et leurs énergies, tracées
�gure I.16 en fonction de δ/Ωn, s'écrivent sous la forme

E±,n = ~ωcav(n+ 1)± ~
2

√
Ω2
n + δ2. (I.61)
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Nous allons nous intéresser maintenant aux deux cas extrêmes suivants : δ = 0 et
|δ| � Ω0. Dans ces deux situations, la dépendance en r de la pulsation de Rabi peut
être traitée simplement, en introduisant un temps e�ectif d'interaction. Pour des atomes
de vitesse v, plutôt que de considérer un temps d'interaction avec le champ de w0/v, où
w0 est le col du mode du champ, avec une pulsation de Rabi dépendant de la position
r = vt des atomes, il est possible de montrer [30] que tout se passe comme si la pulsation
de Rabi du vide était Ω0, indépendante de r, en remplaçant le temps d'interaction par les
temps e�ectifs treff et tdeff pour les régimes résonant et dispersif respectivement, obtenus par
intégration du pro�l gaussien :

treff =
√
π
w0

v
tdeff =

√
π

2

w0

v
. (I.62)

À résonance

Dans le cas δ = 0, le hamiltonien de Jaynes-Cummings réduit prend la forme simple

Hn = ~ωcav(n+ 1) +
~Ωn

2

(
0 1
1 0

)
. (I.63)

Cette forme de hamiltonien a en fait déjà été rencontrée au paragraphe I.2.1, dans le cadre
de l'étude de l'interaction de l'atome à deux niveaux avec un champ classique. C'est en
e�et le même hamiltonien que celui donné équation (I.37) avec n = ex, en remplaçant Ω′r
par Ωn et en faisant l'analogie formelle

|e, n〉 ↔ |e〉 (I.64)

|g, n+ 1〉 ↔ |g〉. (I.65)

Il vient donc directement qu'à résonance l'interaction entre l'atome à deux niveaux
et le champ classique résulte en une oscillation à la pulsation Ωn entre les états |e, n〉 et
|g, n+ 1〉 appelée oscillation de Rabi quantique. L'appellation pulsation de Rabi du vide de
Ω0 prend tout son sens.

Un atome préparé dans l'état |e〉 peut alors fournir un photon au mode du champ
sous réserve de bien choisir le temps d'interaction qui le fera quitter la cavité dans l'état
|g〉. On dit qu'on réalise alors une impulsion π. C'est cette méthode, que nous avons déjà
évoquée dans l'introduction, qui est utilisée dans d'autres groupes pour préparer de façon
déterministe des états quantique du champ [97, 23].

Régime dispersif

Plaçons nous maintenant loin de résonance : |δ| � Ωn. Comme indiqué �gure I.16, les
énergies et états propres de Hn sont maintenant très proches de ce qu'ils sont en l'absence
de couplage. Dans une approche perturbative très générale, qui consiste à ne garder les
petites corrections (ici en Ωn/δ) que dans les termes de phase, en les négligeant dans les
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amplitudes (de probabilité ici), nous considérons que si les états propres de l'atome habillé
restent ceux du système découplé,

|+, n〉 ' |e, n〉 et |−, n〉 ' |g, n+ 1〉 pour δ > 0, (I.66)

|+, n〉 ' |g, n+ 1〉 et |−, n〉 ' |e, n〉 pour δ < 0, (I.67)

leurs énergies subissent un déplacement lumineux tel que

Ee,n = E0
e,n +

~Ω2
0

4δ
(n+ 1) (I.68)

Eg,n+1 = E0
g,n+1 −

~Ω2
0

4δ
(n+ 1). (I.69)

Les énergies avec les exposants �0� sont les énergies du système découplé. Dans le cadre
de cette approximation, le hamiltonien de Jaynes-Cummings peut en fait se récrire, à une
constante près, sous la forme

Hdisp
JC = Hcav +

~
2

[
ωat +

Ω2
0

2δ

(
a†a+

1

2

)]
σz. (I.70)

La fréquence de résonance atomique ωat/2π se trouve donc modi�ée en présence de n
photons de la quantité

∆ωat(n) =
Ω2

0

2δ

(
n+

1

2

)
. (I.71)

Le terme en 1/2, déplacement lumineux en l'absence de photon, est le déplacement de
Lamb.

L'interaction pendant un temps tint de l'atome à deux niveaux avec le champ quantique
contenant n photons résulte donc en un déphasage supplémentaire ∆φ(n) entre les états
|e〉 et |g〉, comparé au cas où l'atome n'est pas couplé à la cavité, de la forme

∆φ(n) = φ0

(
n+

1

2

)
≡ φ0

2
+ φ(n) φ0 =

Ω2
0tint

2δ
. (I.72)

φ(n) est par dé�nition le déphasage induit par le champ amputé du déplacement de Lamb
φ0/2. En outre, nous appellerons dorénavant φ0 le déphasage par photon. Sa valeur est
contrôlée par :

� le désaccord δ, modi�é en choisissant la fréquence de résonance de la cavité ;
� le temps d'interaction tint = tdeff : la géométrie du mode étant �xée, celui-ci ne dépend
que de la vitesse des atomes interagissant avec le champ. Pour des atomes à 250 m/s,
il vaut environ 30µs.

Si nous revenons pour conclure à la représentation de la sphère de Bloch et considérons
un atome préparé initialement dans l'état (|e〉 + |g〉)/

√
2, une telle interaction revient en

la rotation dans le plan équatorial de la sphère du pseudo-spin atomique de la quantité
φ(n) = nφ0 (voir �gure I.17), si nous omettons le terme de Lamb commun à tous les
nombres de photons n.
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Figure I.17 � Évolution du spin atomique lors de l'interaction dispersive avec le champ
quantique préparé dans un état de Fock |n〉. Le déplacement φ0/2 commun à tous les états
nombre n'est pas représenté.

I.4 Mesure Quantique Non-Destructive

Prétendre contrôler un système, et a fortiori un système quantique, ne peut bien sûr
pas se faire sans la capacité à acquérir de l'information sur son état. Dans nos expériences,
nous avons choisi d'utiliser des mesures quantiques non-destructives (QND). Proposées
pour la première fois par Braginsky [26], leurs caractéristiques, dont nous nous contentons
de donner les deux principales seulement, furent dé�nies en 1980 par Caves [28] :

1. D'une part, la mesure d'une observable O ne doit pas a�ecter les états propres de
O : c'est là qu'est le critère de �non destruction�. Dans notre expérience, l'observable
mesurée est l'opérateur nombre N̂ , et la mesure que nous réalisons doit donc laisser
inchangés tous les états de Fock |n〉. En particulier, la mesure ne doit pas détruire le
système, comme le font par exemple des compteurs usuels de photons ;

2. D'autre part, la mesure doit pouvoir être répétée : si une observable vient d'être
mesurée sur un système quantique, une mesure ultérieure de la même observable sur
le même système doit donner le même résultat. Autrement dit, l'observable mesurée
doit être une constante du mouvement. Il en est ainsi dans nos expériences puisque N̂
commute bien sûr avec le hamiltonien libre du champ quantiqueH = ~ωcav(N̂ + 1/2).
Il faut toutefois s'assurer que les atomes et le champ interagissent en régime dispersif
seulement. Aucun échange d'énergie entre les deux systèmes n'est autorisé.

Dans nos expériences, ce sont précisément ces sondes atomiques qui réalisent la mesure
de l'état quantique. Celle-ci requiert toutefois de nombreux atomes pour être concluante :
chaque atome ne réalise pas une mesure complète du nombre de photons mais seulement
une mesure faible. Dans cette section, nous décrirons précisément le processus de mesure
faible utilisant notre interféromètre de Ramsey. Nous verrons comment il peut être exploité
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pour un suivi temporel de l'état du champ ou pour une étude statistique d'ensemble via
deux méthodes d'analyse distinctes. Les avantages de chacune des deux méthodes seront
donnés.

I.4.1 Mesure du nombre de photons

I.4.1.a Principe de la mesure

Au paragraphe I.2.2, nous avons expliqué comment nous réalisons un interféromètre de
Ramsey : un atome, initialement préparé dans l'état |e〉 par exemple, subit deux impulsions
π/2, de phases a priori di�érentes, et séparées dans le temps. Nous avons alors vu que la
mesure de la probabilité πg de détecter l'atome dans l'état |g〉 en sortie de l'interféromètre
est liée à la phase accumulée par l'atome entre les deux impulsions π/2, comparativement
à celle de la source micro-onde remplissant les zones de Ramsey.

Au paragraphe I.3, c'est le déphasage ∆φ(n) du dipôle atomique induit par son inter-
action avec le champ quantique piégé dans la cavité de grande �nesse, et préparé dans
l'état de Fock |n〉, qui a été étudié. Le principe de la mesure du nombre de photons dans la
cavité tombe alors sous le sens : le déphasage ∆φ est mesuré à l'aide de l'interféromètre de
Ramsey en plaçant la cavité micro-onde supraconductrice entre les deux zones de Ramsey
(voir �gure I.1). Pour un interféromètre de phase φr, de décalage π0 et de contraste C,
l'équation (I.50) devient simplement pour un champ dans l'état |n〉

πg(n, φr) = π0 +
C

2
cos (φr + ∆φ(n)) = π0 +

C

2
cos

(
φr +

φ0

2
+ φ(n)

)
. (I.73)

I.4.1.b Mesures projectives et mesures faibles

Au vu de l'équation (I.73), la mesure de πg(φr) doit pouvoir fournir de l'information
sur le nombre de photons présents dans la cavité. Cependant, si le nombre de photons n'est
pas bien dé�ni, comment cette mesure peut-elle donner un résultat �précis� ? Et quelle est
l'information fournie par la détection d'une unique sonde atomique ? Pour répondre à ces
questions, nous devons en fait déterminer la loi de transformation du champ sous l'action
de la mesure, i.e. décrire le processus de mesure.

La mesure idéale de von Neumann est une mesure idéale telle que décrite par les pos-
tulats de la mécanique quantique. Pour une observable O, de valeurs propres 12 oj, d'états
propres |oj〉, et en notant Pj = |oj〉〈oj| les projecteurs sur les états propres, la probabilité
d'obtenir le résultat oi après mesure sur un système de matrice densité ρ est

πP (oi|ρ) = Tr (ρPi) . (I.74)

Après la mesure, le système est projeté dans l'état

ρ′ =
PiρPi
πP (oi|ρ)

. (I.75)

12. Supposées ici non dégénérées.
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Dans nos expériences, l'observable à mesurer est l'opérateur nombre N̂ , et une mesure
consiste en la détection d'un atome en sortie de l'interféromètre. Toutefois, au vu du
paragraphe précédent, un atome unique ne permet pas de mesurer de façon univoque le
nombre de photons dans la cavité, et la mesure ne peut être décrite comme une mesure de
von Neumann. Nous avons donc besoin ici du formalisme des mesures généralisées [30, 98].

Une telle mesure est dé�nie par un ensemble d'opérateurs Mi, appelés opérateurs de
Kraus, non nécessairement hermitiens, chacun d'eux étant associé à un unique résultat de
la mesure. Pour un système initialement dans l'état ρ, la probabilité d'obtenir le résultat
i est

π(i|ρ) = Tr
(
MiρM

†
i

)
= Tr

(
ρM †

iMi

)
. (I.76)

Le système est alors projeté sur l'état

ρ′ =
MiρM

†
i

π(i|ρ)
. (I.77)

La condition supplémentaire ∑
i

M †
iMi = 1 (I.78)

permet d'assurer que
∑

i π(i|ρ) = 1. Notons de suite que la mesure de von Neumann n'en
est qu'un cas particulier qui consiste à choisir les opérateurs Mi comme Mi = Pi. Les
opérateurs Ei = M †

iMi permettant le calcul des probabilités π(i|ρ) sont appelés POVM
pour Positive Operator Valued Measure.

Nous devons donc maintenant trouver les opérateurs de Kraus permettant de décrire
la mesure que nous faisons du champ quantique. Il nous su�t en fait de donner la loi de
transformation du champ dans le cas d'une détection dans |e〉 ou dans |g〉 d'un atome
en sortie de l'interféromètre, décrites respectivement par les opérateurs de Kraus Me et
Mg. Pour un champ dans l'état de Fock |n〉 et un atome préparé initialement dans l'état
(|e〉 + |g〉)/

√
2 après la première impulsion π/2, l'état du système atome-champ avant la

seconde impulsion Ramsey est

1√
2

(|e〉+ |g〉) −→ 1√
2

(
e−i(φ(n)+φ0)/2|e〉+ eiφ(n)/2|g〉

)
. (I.79)

La seconde impulsion π/2 fermant l'interféromètre de phase φr prépare alors l'état

1√
2

(|e〉+ |g〉) −→ · · · (I.80)

−→− iei(φr−φ0/2)/2 sin

(
φr + φ0/2 + φ(n)

2

)
|e〉

+ e−i(φr+φ0/2)/2 cos

(
φr + φ0/2 + φ(n)

2

)
|g〉. (I.81)
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Les termes de phase n'étant pas signi�catifs une fois l'atome détecté, les opérateurs Me et
Mg peuvent être dé�nis comme 13

Me = sin

(
φr + φ0/2 + φ(N̂)

2

)
Mg = cos

(
φr + φ0/2 + φ(N̂)

2

)
. (I.82)

Nous retrouvons alors la probabilité πg, donnée équation (I.73), de détecter un atome dans
|g〉 dans le cas d'un interféromètre parfait de phase φr, sachant que n photons sont dans
la cavité :

π(g|n, φr) ≡ πg(n, φr) = Tr
(
|n〉〈n|M †

gMg

)
=

1

2
+

1

2
cos

(
φr +

φ0

2
+ φ(n)

)
. (I.83)

Le terme de déplacement de Lamb φ0/2 étant commun à tous les nombres de photons,
il peut en fait être inclus dans la dé�nition de la phase φr de l'interféromètre. Dans toute
la suite, nous retiendrons donc la dé�nition des opérateurs de Kraus suivante :

Me = sin

(
φr + φ(N̂)

2

)
Mg = cos

(
φr + φ(N̂)

2

)
. (I.84)

I.4.1.c Modi�cation des populations

Nous venons de donner les opérateurs de Kraus permettant de décrire la mesure réa-
lisée par l'interféromètre de Ramsey du nombre de photons dans la cavité. Nous n'avons
cependant pas encore expliqué comment notre connaissance de la distribution des nombres
de photons P (n) est modi�ée à chaque détection atomique.

Si un atome, après interaction avec un champ dans l'état ρ, est détecté dans l'état
i = e, g en sortie de l'interféromètre de phase φr, l'équation (I.77) nous donne la distribution
P (n|i, φr) = Tr (ρ′|n〉〈n|) :

P (n|i, φr) = Tr

 Mi(φr)ρM
†
i (φr)

Tr
(
ρM †

i (φr)Mi(φr)
) |n〉〈n|

 . (I.85)

Le point important est alors que la mesure réalisée est non-destructive : d'après la propriété
n◦1 des mesures QND données au début de cette partie, les états propres de la mesure, i.e.
les états de Fock, doivent être laissés invariants par le processus de mesure. Les opérateurs
de Kraus doivent donc être diagonaux dans la base des états de Fock, et c'est bien ce que
nous avons obtenu équation (I.84). Dès lors l'équation (I.85) peut se récrire

P (n|i, φr) =
1

Tr (ρEi(φr))
Tr [Ei(φr)ρ|n〉〈n|] =

Tr(ρ|n〉〈n|)
Tr (ρEi(φr))

Tr (Ei(φr)|n〉〈n|) (I.86)

13. Les formules obtenues résultent d'un choix arbitraire dans la dé�nition de φr. Notons que la conven-
tion choisie ici est di�érente de celle de [33].
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P (n|i, φr) =
π(i|n, φr)
πi(φr)

P (n), (I.87)

où l'on a introduit la notation πi(φr) = π(i|ρ, φr). L'équation (I.87) n'est rien d'autre
que la loi de Bayes d'inversion des probabilités conditionnelles [99], valable en statistique
classique, et applicable ici dans un contexte quantique uniquement du fait que la mesure est
QND. La distribution des nombres de photons P (n), sachant qu'une détection a donné le
résultat i, est donc simplement modi�ée en la multipliant par la probabilité conditionnelle
d'obtenir le résultat i en présence de n photons, à un facteur de normalisation près. Si par
exemple le résultat i est improbable en présence de n0 photons, la population de l'état |n0〉
est notablement réduite après la détection.

Figure I.18, nous donnons un exemple de modi�cation de la distribution des nombres
de photons après détection d'un atome dans l'état |e〉 ou |g〉. L'état initial est un champ
inconnu contenant au plus 7 photons, la phase de mesure φr est choisie nulle, et le déphasage
par photon �xé à φ0 = π/4. Après une détection unique, la distribution reste large, mettant
en évidence le fait que la mesure est faible, mais certaines populations P (n) croissent au
détriment des autres. Si un atome est détecté dans |g〉 par exemple, la probabilité d'avoir
0 photon en cavité est doublée, tandis que la probabilité d'en avoir 4 est annulée. Encore
une fois, cela découle du fait que détecter un atome dans |g〉 avec φr = 0 est impossible en
présence de 4 photons : si nous détectons alors un atome dans |g〉, c'est qu'il n'y a pas 4
photons dans la cavité, et P (4) est annulé. L'idée de notre protocole de mesure est alors
d'envoyer une succession d'atomes QND répéter de telles mesures faibles jusqu'à ce qu'un
seul état de Fock survive. Nous parlons de mesure par décimation.

Notons cependant �gure I.18 que, quel que soit le résultat de la détection atomique,
les populations de certains nombres de photons restent identiques deux à deux : P (1) et
P (7), P (2) et P (6), et P (3) et P (5). Pour ces états en e�et, les fonctions de décimation
πg(n, φr = 0) sont égales deux à deux, et des mesures même répétées ne permettront pas
de les discriminer. Pour ce faire, il faut en fait répéter la mesure pour plusieurs phases φr.
Une mesure avec φr = π/2 permet par exemple d'avoir πg(2, φr) 6= πg(6, φr) et ainsi de
rendre discernables les deux états de Fock en question.

I.4.1.d Imperfections de l'interféromètre

Nous n'avons pas encore pris en compte le fait que l'interféromètre n'est pas parfait.
Comme nous l'avons déjà vu, il peut en e�et avoir un contraste �ni et un décalage. Nous
avons même déjà expliqué comment la probabilité πg(n, φr) s'en trouve modi�ée (équation
(I.73) par exemple). Étant donné que la donnée seule de ces probabilités conditionnelles,
i.e. des POVMs, su�t à la mesure par décimation, prendre en compte le contraste �ni et
le décalage des franges de Ramsey revient à redé�nir les POVMs Ei sous la forme :

Eg = π0 +
C

2
cos
(
φr + φ(N̂)

)
Ee = π0 −

C

2
cos
(
φr + φ(N̂)

)
. (I.88)

Notons que cela n'implique toutefois pas l'utilisation d'opérateurs de Kraus �imparfaits�.
Nous verrons au chapitre III que l'interféromètre imparfait, menant aux POVMs (I.88), est
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(a) P (n)

(b) P (n|g, φr = 0) (c) P (n|e, φr = 0)

Figure I.18 � Évolution des populations P (n) par décimation, après détection d'un
atome pour un déphasage par photon φ0 = π/4 et un interféromètre de phase φr. (a)
Distribution initiale des nombres de photons (histogrammes) correspondant à un champ
inconnu contenant au plus 7 photons. Les points sont les probabilités conditionnelles
π(g|n, φr) ≡ πg(n, φr) de détecter un atome dans |g〉 pour la phase de mesure φr et un
état de Fock |n〉. (b) Populations des états de Fock si l'atome a été détecté dans |g〉. (c)
Populations des états de Fock si l'atome a été détecté dans |e〉.
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en fait équivalent à un interféromètre parfait, i.e. où la mesure est décrite par les opérateurs
de Kraus idéaux (I.84), couplé à un détecteur ayant des erreurs de détection (atome |e〉
détecté comme un atome |g〉 par exemple).

I.4.1.e Retour à la sphère de Bloch

Il peut être utile de retourner à la représentation de la sphère de Bloch pour mieux
comprendre le principe de la mesure QND réalisée. Nous avons vu au paragraphe I.3 que
l'interaction d'un atome avec le champ quantique préparé dans un état de Fock |n〉 revient
en la rotation d'un angle φ(n) de son pseudo-spin dans le plan équatorial de la sphère de
Bloch. La �gure I.19 donne par exemple la répartition des spins pour les états de Fock
|0〉 à |7〉 et pour un déphasage par photon φ0 = π/4. Remarquons alors que la mesure
de la probabilité πg(φr) en sortie de l'interféromètre est simplement la mesure d'une des
composantes du spin atomique dans le plan équatorial de la sphère. Par exemple 14, pour
φr = 0 ou π/2 :

πg(n, φr = 0) =
1

2
+

1

2
cos (φ(n)) =

1

2
+ 〈Sx〉 (I.89)

πg(n, φr = π/2) =
1

2
− 1

2
sin (φ(n)) =

1

2
− 〈Sy〉. (I.90)

Figure I.19 � Décimation et sphère de Bloch. À gauche : Plan équatorial de la sphère
de Bloch. La position des spins atomiques après interaction avec le champ préparé dans
les états de Fock |0〉 à |7〉 est donnée pour un déphasage par photon φ0 = π/4. À droite :
Probabilités conditionnelles πg(n, φr = 0). Elles sont égales à une constante près à la
composante Sx du spin atomique.

La position des spins atomiques dans le plan équatorial de la sphère de Bloch étant
caractéristique du nombre de photons dans la cavité, une mesure des composantes de ce

14. 〈Si〉 étant donné en unité de ~.
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spin est une mesure du nombre de photons dans la cavité. La nécessité de répéter les
mesures faibles pour plusieurs phases de mesure justi�ée au paragraphe précédent prend
alors une autre interprétation : il nous faut mesurer à la fois 〈Sx〉 et 〈Sy〉. La phase de
mesure φr �xant la composante du spin mesurée, il nous faut e�ectivement modi�er φr au
cours d'une mesure du nombre de photons.

I.4.1.f Déphasage par photon

Avant de poursuivre notre étude des mesures QND, voyons comment nous pouvons
exploiter cette nouvelle interprétation pour calibrer le déphasage par photon φ0. Nous
préparons pour cela un champ proche 15 d'un état de Fock à 2 photons et excitons 800
échantillons atomiques, soit ≈ 250 atomes. Quatre phases di�érentes de l'interféromètre
φir (1 ≤ i ≤ 4), telles que donnée �gure I.14, sont utilisées. Elles sont réparties de façon
aléatoire sur l'ensemble des atomes. En utilisant les résultats des détections de 60 atomes
successifs, nous pouvons alors mesurer quatre projections 〈Si〉 du spin atomique, desquelles
nous déduisons une estimation des composantes 〈Sx〉 et 〈Sy〉. La position du spin atomique
dans la sphère de Bloch, avant la seconde impulsion π/2, est alors simplement repérée par
l'angle

ϕ = atan
〈Sy〉
〈Sx〉

. (I.91)

Pour tous les ensembles de 60 atomes successifs (atome 1 à 60, puis 2 à 62. . .) obtenus à
partir des 250 atomes de la réalisation, ϕ est évalué, et l'expérience est répétée 4000 fois.

La �gure I.20 donne l'histogramme des phases ϕ ainsi mesurées. Nous voyons apparaître
très clairement plusieurs pics dans la distribution : le spin atomique ne peut pas prendre un
continuum de positions après son interaction avec le champ quantique mais plutôt quelques
positions bien marquées, correspondant aux di�érents nombres de photons présents dans
la cavité. C'est en fait la quanti�cation du nombre de photons qui est ici mise en évidence.

Le nombre d'atomes choisi pour la mesure, Nat = 60, résulte, de même que nous le
verrons au paragraphe I.4.2, d'un compromis entre la précision de la mesure (les pics sont
d'autant plus �ns que le nombre d'atomes participant à la mesure est grand) et la durée de
la mesure (d'autant plus longue que Nat est grand) qui doit rester courte devant le temps
de relaxation des nombres de photons mesurés. Si le temps de mesure est trop long en
e�et, le spin mesuré avec les premiers atomes de la fenêtre, et correspondant à un nombre
n de photons, sera di�érent de celui mesuré avec les derniers atomes, correspondant par
exemple à n−1 photons, et la mesure sera brouillée. Ici, la mesure à 60 atomes correspond
à un temps de mesure de l'ordre de 25 ms.

Pour obtenir la valeur de la phase ϕ attachée à chaque nombre de photons n, nous
ajustons la distribution obtenue par une somme de gaussiennes de même largeur, dépendant
du nombre d'atomesNat. L'accord obtenu est très bon, et nous traçons �gure I.21 la position

15. Nous utilisons déjà ici le résultat des chapitres suivants. Le champ utilisé est en réalité produit à
l'issue d'une procédure de rétroaction quantique.
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Figure I.20 � Histogrammes des phases
des spins atomiques mesurés après interac-
tion avec un champ quantique contenant
quelques photons. Six pics sont clairement
visibles, mettant en évidence le nombre �ni
des positions possibles du spin dans le plan
équatorial de la sphère de Bloch, i.e. la quan-
ti�cation du nombre de photons dans la ca-
vité.

Figure I.21 � Calibration du déphasage par
photon. Les points sont les positions des
centres des gaussiennes obtenues �gure I.20.
Les barres d'erreur sont plus petites que les
points. La ligne continue correspond à un
ajustement polynomial d'ordre 2. Le dépha-
sage induit par n photons est trouvé va-
lant : φ(n) = (0, 256± 0, 003)π n− (0, 002±
0, 0006)π n2.

du centre de chaque gaussienne en fonction du nombre de photons n qui lui est attribué.
Notons que pour savoir à quel pic est associé quel n, la même mesure est répétée pour un
champ préparé dans le vide de photons |0〉 : nous repérons ainsi sans ambiguïté à quel pic
correspond n = 0. L'attribution pour les autres nombres de photons en découle.

Un ajustement polynomial du deuxième ordre est alors réalisé sur les points de mesure
de la �gure I.21, donnant la dépendance en le nombre de photons de la phase du spin
atomique après interaction avec le champ quantique. Nous trouvons ici

φ(n) = (0, 256± 0, 003)π n− (0, 002± 0, 0006)π n2. (I.92)

Nous avons poussé l'ajustement jusqu'à l'ordre 2 pour estimer la non-linéarité du déphasage
par photon dans les conditions de l'expérience, qui apparaît si on pousse le développement
des énergies E±,n à des ordres plus élevés que l'ordre 1 en Ω0/δ. Le terme non linéaire,
relativement au terme linéaire nφ0, est d'autant plus grand que n est grand mais ne vaut
que 5% de nφ0 pour n = 7.

Nous avons ici décrit le principe de la mesure QND du nombre de photons. Celle-
ci a été réalisée pour la première fois dans le groupe par Gilles Nogues [32] puis plus
récemment par Sébastien Gleyzes [35] et Christine Guerlin [33]. Pour mieux comprendre
ce que nous sommes capables d'extraire de ces mesures, nous présenterons brièvement
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Figure I.22 � Succession des phases de l'interféromètre dans la mesure suivant la rétro-
action.

dans les paragraphes suivants les résultats obtenus par Christine à partir de l'analyse par
décimation, ainsi qu'une analyse d'ensemble développée par Michel Brune [36]. Dans toutes
ces expériences, le temps de vie de la cavité était de Tcav = 130 ms.

I.4.2 Suivi temporel de l'état du champ

Les expériences que nous présentons ici ont permis [33, 75] un suivi temporel de la
distribution des nombres de photons dans la cavité. Elles consistent à e�ectuer une mesure
QND par décimation à l'aide d'un jet d'atomes de Rydberg circulaires sur un champ préparé
initialement dans un état cohérent. Pour observer les nombres de photons allant de 0 à 7,
celui-ci est choisi contenant ' 3 photons ; le déphasage par photon quant à lui est choisi
valant φ0 = π/4, correspondant à un désaccord atome/champ de 272 kHz. Finalement, les
phases de mesure utilisées sont au nombre de 4, notées a, b, c et d, et alternées dans cet
ordre à chaque préparation d'un paquet atomique. Elles sont en outre telles que

a− b = c− b = d− c ' π/4. (I.93)

La franges de Ramsey données �gure I.14 correspondent à un réglage proche des phases
de mesure, pour lequel la �gure I.22 donne l'évolution temporelle des phases utilisées. La
durée d'un �plateau� correspond au temps séparant deux échantillons.

Pour obtenir une mesure du nombre de photons, il faut, comme nous l'avons déjà expli-
qué, plusieurs mesures faibles sur le même champ. Mais quel est le nombre d'atomes que
nous devons détecter pour obtenir une mesure satisfaisante ? Encore une fois, le choix doit
résulter d'un compromis. Augmenter le nombre d'atomes réalisant une mesure ne fait a
priori qu'augmenter la précision de la mesure par décimation, et il semble donc qu'il nous
faille choisir un nombre d'atomes aussi grand que possible. Cependant, tous les calculs réali-
sés jusqu'à présent supposent l'interaction du mode du champ quantique avec un et un seul
atome. Si maintenant deux atomes se trouvent être présents simultanément dans la cavité,
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(a)
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(b)

Figure I.23 � Réduction progressive de la distribution des nombres de photons vers celle
d'un état nombre pour deux réalisations particulières. (a) Résultats des 50 premières détec-
tions atomiques (j,i) où l'on note j l'état atomique et i la phase de mesure. (b) Distribution
des nombres de photons en fonction du nombre d'atomes détectés pour un ensemble de
110 atomes.

l'interaction entre la cavité et le système à deux atomes prend potentiellement une forme
nettement di�érente de la situation à un atome, les pulsations de Rabi correspondantes
s'en trouvent modi�ées et le déphasage par photon φ0 aussi. De telles situations doivent
donc être absolument évitées, et le nombre moyen d'atomes présents dans un échantillon
est maintenu faible, à environ 0, 6. Dès lors, détecter un grand nombre d'atomes prend du
temps. Si ce temps devient trop long devant Tcav, alors la mesure se fait sur des intervalles
de temps pendant lesquels la relaxation a le temps de faire e�et. En particulier, même si le
champ est préparé initialement dans un état de Fock, le nombre de photons dans la cavité
au début et à la �n de la mesure peut varier. Le nombre n de photons dans la cavité n'est
donc pas bien dé�ni et la mesure QND échoue à donner un nombre précis. Le compromis
trouvé alors a été de choisir Nat = 110 atomes participant au processus de décimation. Ce
choix s'est avéré su�samment grand pour que la décimation soit e�cace, et su�samment
petit pour que le temps de mesure 16 ' 26 ms ne soit pas limitant : le temps de vie des
photons dans la cavité était dans ces expériences de Tcav = 130 ms.

La �gure I.23 donne le résultat de la mesure par un ensemble de 110 atomes sur un
champ cohérent, et ce dans deux réalisations di�érentes. La loi de distribution initiale

16. Dans ces expériences, le temps séparant deux échantillon était de 70µs.



I.4. Mesure Quantique Non-Destructive 55

Figure I.24 � Évolution temporelle du nombre de photons dans la cavité. Le nombre
moyen de photons 〈n〉 est évalué à chaque instant en utilisant l'information fournie par les
Nat = 110 derniers atomes détectés. Cette trajectoire correspond à une projection initiale
du champ cohérent vers l'état de Fock |4〉. La cascade de sauts quantiques est la signature
de la relaxation.

correspond à celle d'un champ inconnu (distribution uniforme) supposé contenir au plus
7 photons. Nous véri�ons ainsi qu'à l'issue de la mesure, seul un nombre de photons n
survit : la succession de mesures faibles a bel et bien résulté en une mesure idéale de von
Neumann. Au bout des 110 atomes, le champ contient exactement n photons, i.e. est dans
l'état de Fock |n〉.

Si maintenant nous ne nous contentons pas de détecter seulement 110 atomes mais
plusieurs milliers, et que pour chaque fenêtre de 110 atomes nous suivons le même protocole
de mesure que celui donné ci-dessus, nous sommes capables de suivre l'évolution temporelle
du nombre de photons dans la cavité. Nous traçons ainsi �gure I.24 le nombre n(t) de
photons mesuré en fonction du temps t, pour une réalisation ayant initialement convergé
vers n = 4. Les premières 26 ms correspondent à la projection progressive du champ sur
l'état de Fock |4〉. Une cascade de sauts quantiques est ensuite enregistrée, signature de
la relaxation, jusqu'à ce que plus aucun photon ne soit présent dans la cavité. Notons
par ailleurs que chaque palier à un nombre de photons entier correspond environ à deux
fenêtres de 110 atomes indépendantes, i.e. à deux estimations successives et indépendantes
du nombre de photons. Si ce n'est quand la relaxation agit, le fait que ces deux mesures
donnent le même résultat est une véri�cation de la répétabilité de notre mesure.

Remarque Dans les expériences présentées ici, et par exemple sur la �gure I.23, nous ne
mesurons que les populations des nombres de photons inférieurs à 7. La raison en est que
la fonction de décimation π(i|n, φr) est une fonction périodique de n. Pour le déphasage
par photon φ0 = π/4 par exemple, quel que soit le résultat i de la détection d'un atome
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π(i|0, φr) = π(i|8, φr). Aussi, en partant d'une distribution où P (0) = P (8), les deux états
de Fock |0〉 et |8〉 ne pourront jamais être distingués. La mesure du nombre de photons est
en fait faite modulo 8, pour φ0 = π/4.

Une solution à ce problème consiste à utiliser notre connaissance de la façon dont relaxe
le champ : les états |n〉 et |n+ 8〉 di�èrent par leurs temps de vie. Ainsi, si entre deux sondes
QND modi�ant la distribution P (n) d'après l'équation (I.87) nous la modi�ons encore en
utilisant l'équation maîtresse (I.17) pour prendre en compte la relaxation sur le temps
séparant les deux atomes, nous pouvons distinguer les états de Fock égaux modulo 8.

Avec l'analyse par décimation des détections atomiques, nous sommes donc capables
de mesurer sur des réalisations individuelles de l'expérience le nombre de photons présents
dans la cavité, i.e. de réaliser une mesure projective de N̂ . Nous sommes également capables
de suivre l'évolution temporelle du nombre de photons. Cependant, la résolution en temps
d'une telle méthode est limitée : il nous faut ici 26 ms pour qu'un et un seul état de Fock
survive à la �n de la mesure. Si nous voulions étudier la relaxation des états de Fock
|n〉 [37, 36], une telle méthode serait ine�cace pour des n trop grands : pour |n = 7〉 par
exemple, le temps de vie ∼ 19 ms est plus court que le temps de mesure.

C'est précisément dans ce contexte qu'une autre analyse a été introduite [76, 36], per-
mettant d'améliorer la résolution temporelle de la mesure. Basée sur des principes de
reconstruction par maximum de vraisemblance [100], celle-ci se fait toutefois au prix du
renoncement à obtenir une analyse pour chaque réalisation de l'expérience, ou trajectoire.
Une analyse d'ensemble, décrite au paragraphe suivant, est alors obtenue.

I.4.3 Moyennes d'ensemble

I.4.3.a Reconstruction par maximum de vraisemblance

Écrivons tout d'abord explicitement la façon dont est transformée la distribution du
nombre de photons après une mesure à Nat atomes par décimation. Il su�t en fait de
répéter Nat fois la loi de transformation pour une unique mesure faible donnée équation
(I.87). Partant d'une distribution P0, pour la pe réalisation de l'expérience, et en notant
pour le ke atome détecté dans cette trajectoire j(p)(k) le résultat de la détection et φ(p)

r (k)

la phase de mesure, nous obtenons la distribution P (p)
1 :

P
(p)
1 (n) =

Nat∏
k=1

π
(
j(p)(k)|n, φ(p)

r (k)
)

πj(p)(k)(φ
(p)
r (k))

P0(n) (I.94)

=
1

Z(p)
Π

(p)
Nat

(n)P0(n), (I.95)
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où Z(p) est une constante de normalisation et Π
(p)
Nat

(n) la fonction de décimation à Nat

atomes pour la pe trajectoire :

Π
(p)
Nat

(n) =
Nat∏
k=1

π
(
j(p)(k)|n, φ(p)

r (k)
)
. (I.96)

La distribution P0 que nous avions choisie au paragraphe précédent était une distribution
plate (P0(n ≤ 7) = 1/8) rendant compte de notre ignorance sur l'état du champ. Si nous
voulons réduire le temps de mesure, il nous faut réduire le nombre Nat d'atomes mesurés,
le risque étant que la mesure ne permette plus la projection du champ sur un et un seul
état nombre. Dans ce cas la distribution P

(p)
1 obtenue garde mémoire du choix de P0.

Cependant, si nous faisons maintenant la moyenne des distributions P (p)
1 obtenues sur un

grand nombre de trajectoires, nous obtenons une nouvelle estimation P1 de la distribution
initiale du nombre de photons dans la cavité, bien sûr meilleure que ne l'était P0 :

P1 = P
(p)
1 (n)

(p)

. (I.97)

Puisque P1 est une meilleure estimation des populations initiales, nous pouvons répéter
les transformations (I.95) et (I.97) pour obtenir une nouvelle distribution P2 à partir de la
distribution P1. Le processus est alors répété plusieurs fois :

Pm+1(n) =
1

Z(p)
Π

(p)
Nat

(n)Pm(n)

(p)

. (I.98)

Supposons pour un temps que nous connaissions l'état du champ au début de la mesure,
et notons Préel(n) la distribution des nombres de photons dans cet état. Si alors nous
choisissons P0 = Préel, la mesure étant QND, P1 = P0 = Préel, et ce quel que soit le choix
de Nat. En d'autres termes, Préel est un point �xe de la transformation (I.98) :

Préel(n) =
1

Z(p)
Π

(p)
Nat

(n)Préel(n)

(p)

. (I.99)

En partant de la distribution plate P0(n), et pour un nombre �su�sant� d'itérations,
nous pouvons alors obtenir le 17 point �xe de la transformation Préel. Notons que cette
méthode est l'exacte analogue du principe de reconstruction d'états par maximum de vrai-
semblance [100]. Celle-ci consiste à trouver la matrice densité point �xe des transformations
de la forme

ρ 7→ R(ρ)ρ ρ 7→ ρR(ρ), (I.100)

où R(ρ) est une matrice construite de façon analogue à la fonction de décimation ΠNat ,
i.e. à partir des POVMs de toutes les mesures réalisées et de la statistique des résultats
obtenus. Le point �xe de la transformation est l'opérateur densité qui maximise la fonction

17. Il n'y en a en fait pas qu'un seul. Voir la discussion plus bas.



58 Chapitre I. Atomes et photons en cavité

de vraisemblance, i.e. qui maximise la probabilité de mesurer les résultats obtenus au cours
de la reconstruction.

Les POVMs que nous avons employés ici sont tous diagonaux dans la base des états
nombre, et ne fournissent donc aucune information sur les cohérences de la matrice densité.
Eux seuls ne peuvent donc pas être utilisés pour une reconstruction totale de la matrice
densité, comme cela a été fait précédemment par Samuel Deléglise [74, 34]. Nous faisons en
fait une reconstruction par maximum de vraisemblance des populations seules du champ.

Dans [36], 20 itérations de mesures à Nat = 25 atomes, correspondant à un temps de
mesure de 6 ms seulement, ont permis une étude complète de la décohérence des états
de Fock |n〉, pour 0 ≤ n ≤ 7. Nous traçons en traits pleins �gure I.25 l'évolution des
populations P (k, t|n) des états de Fock |k〉 obtenues après moyenne sur les trajectoires
ayant initialement convergé vers l'état de Fock |n〉. Les ajustements en pointillés sont très
bons, y compris pour les nombres aussi élevés que n = 7, preuve que la mesure est cette
fois peu limitée en résolution temporelle.

I.4.3.b Choix du nombre d'atomes de mesure

Comparativement à l'analyse par décimation, si cette méthode a l'inconvénient de ne
pas pouvoir donner de résultats pour chacune des trajectoires enregistrées, elle permet
cependant de raccourcir notablement le temps de mesure. Si nous ne nous intéressons
qu'à des mesures d'ensemble, cette méthode doit donc être utilisée en priorité puisqu'elle
autorise une meilleure �délité de reconstruction vis à vis de la distribution des nombres de
photons au début de la mesure en minimisant les e�ets de la relaxation pendant le temps
de mesure.

Dans [36], Nat = 25 atomes ont été utilisés pour la mesure, soit un temps de mesure de
6 ms. Mais peut-on réduire encore ce nombre d'atomes ? Un choix naturel, pour minimiser
le temps de mesure, est de n'utiliser qu'un seul atome. Ce n'est cependant pas une bonne
solution. En e�et, quelle que soit la phase φr de mesure, nous ne serions alors capables
d'extraire que le transfert moyen, i.e. la probabilité de trouver un atome dans |g〉 en sortie
de l'interféromètre :

πg(φr|P ) =
∑
n

P (n)π(g|n, φr), (I.101)

Dès lors, deux distributions P1, P2 telles que

∀φr πg(φr|P1) = πg(φr|P2) (I.102)

ne pourraient être distinguées.
Trouver deux telles distributions n'est pas compliqué. Nous en donnons ici une méthode

géométrique. Si l'on associe à chaque nombre de photons n, dans un plan analogue au plan
équatorial de la sphère de Bloch, un vecteur en, et à chaque direction de mesure de phase
φr le vecteur eφr (voir �gure I.26) tels que

en = cosφ(n) ex + sinφ(n) ey, (I.103)

eφr = cosφr ex − sinφr ey, (I.104)
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Figure I.25 � Évolution des populations P (k, t|n) mesurées (traits pleins) et ajustées
(tirets). Les valeurs de k allant de 0 à 7 sont respectivement représentées en bleu, vert,
rouge, cyan, mauve, jaune, noir et bleu. Les huit �gures correspondent à la sélection des
di�érents états de Fock |n〉.
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(a) P1(1) = P1(3) = 0, 5 (b) P2(2) = 0, 85 ; P2(6) = 0, 15

Figure I.26 � Deux distributions indistinguables par mesure QND à 1 atome. À chaque
nombre de photons n est associé un vecteur en. La taille des ronds grisés symbolise les
populations P (n) ; Pi =

∑
n Pi(n)en est le dipôle de la distribution Pi. Ici, P1 = P2.

alors

πg(φr|P ) =
∑
n

P (n) cos2

(
φr + φ(n)

2

)
=

1

2
+

1

2

(∑
n

P (n)en

)
︸ ︷︷ ︸

P

· eφr . (I.105)

Le vecteur P, par analogie avec l'électromagnétisme, est le dipôle de la distribution P , et
deux distributions de même dipôle satisfont à la condition (I.102). La �gure I.26 en donne
un exemple.

L'ambiguïté peut toutefois être levée si nous utilisons maintenant une mesure à au moins
deux atomes. Il est en e�et alors possible de s'intéresser non plus seulement à la probabilité
de mesurer g en sortie de l'interféromètre, mais aussi à la statistique des événements ee, eg
et gg, i.e. aux corrélations entre mesures sur une même trajectoire. Si l'on reprend les deux
distributions données �gure I.26 par exemple, et dans le cas d'un interféromètre parfait 18 :

� Pour P2, et pour une mesure de phase φr = −φ(2), seuls les événements ee et gg
peuvent être enregistrés, avec une probabilité plus élevée pour ee :

P2(ee|φr = φ(2)) = P2(e|φ(2)) = 85% P2(gg|φ(2)) = 15% P2(eg|φ(2)) = 0;
(I.106)

� Pour P1 en revanche, et avec la même direction de mesure, les événements eg sont
possibles, et la mesure de gg est très improbable :

P1(ee|φ(2)) = 73% P2(gg|φ(2)) = 2% P2(eg|φ(2)) = 25%. (I.107)

18. De contraste unité et sans décalage.
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La mesure des probabilités Pee, Pgg et Peg permet alors de distinguer a priori des distribu-
tions de même dipôle.

Évidemment, il est possible de trouver des distributions de probabilité qui véri�ent à la
fois la condition (I.102) et l'égalité deux à deux de toutes les probabilités Pij dans toutes
les directions de mesure. C'est le cas par exemple des distributions P3 et P4 telles que

P3(n pair ≤ 7) =
1

4
P3(n impair ≤ 7) = 0 (I.108)

P4(n pair ≤ 7) = 0 P4(n impair ≤ 7) =
1

4
, (I.109)

qui ont même dipôle et même quadripôle Q :

Qij =
∑
n

P (n)ei · (en ∧ (ej ∧ en)) (i, j) ∈ {x, y}2. (I.110)

Il est en e�et possible de montrer que

Peg(φr) =
1

2
eφr · Q(eφr), (I.111)

Pee(φr) =
1

2
− 1

2
eφr ·

(
1

2
Q(eφr) + P

)
, (I.112)

Pgg(φr) =
1

2
− 1

2
eφr ·

(
1

2
Q(eφr)−P

)
. (I.113)

L'égalité des dipôle et quadripôle équivaut donc à l'égalité de toutes les probabilités Pij(φr).
Avec une mesure à 2 atomes, seules les distributions qui ont même dipôle et même

quadripôle resteront indistinguables. Le ra�nement peut bien sûr être prolongé avec des
mesures prenant en compte de plus en plus d'atomes, et faisant intervenir des termes mul-
tipolaires d'ordres d'autant plus élevés. Cependant, si nous ne nous intéressons qu'à des
distributions de nombres de photons peu dispersées 19, trouver des distributions signi�-
cativement di�érentes de mêmes dipôle et quadripôle est plus di�cile. Avec deux telles
distributions P3 et P4, nous pouvons en e�et créer la pseudo-distribution ∆ = P3−P4 6= 0
qui a ses monopôle, dipôle et quadripôle nuls, ce qui n'est possible que si ∆ prend au moins
cinq valeurs non nulles 20. Il faut donc trouver cinq nombres de photons n tels que P3(n)
et P4(n) soient distincts, de plus que les les barres d'erreur de la mesure, pour invoquer la
nécessité de mesures à plus que 2 atomes.

Notons pour �nir que toute cette discussion suppose un choix aléatoire des phases de
mesure pour les atomes détectés : une mesure à 4 phases avec deux atomes est bien sûr
impossible si le motif de phase est régulier. En utilisant une variation régulière de la phase
pour les échantillons comme montré �gure I.22, le caractère aléatoire de la présence d'un
atome dans l'échantillon permet de remplir cette contrainte (voir par exemple �gure I.23.a).

19. Ce qui sera le cas au chapitre IV, où nous réaliserons des expériences de rétroaction quantique
cherchant à préparer des états de Fock, pour lesquels P a évidemment une variance faible.
20. P a deux composantes indépendantes. Q, tenseur symétrique de dimension 2 et de trace unité, est

également dé�ni par deux nombres, et la nullité du monopole
∑

n ∆(n) = 0 �xe la cinquième condition.
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Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons dans un premier temps introduit toutes les notations et
les formalismes théoriques nécessaires à la description des deux systèmes quantiques en
interaction dans nos expériences : un atome à deux niveaux et un oscillateur harmonique.
Les atomes de Rydberg circulaires, dont les propriétés remarquables ont été exposées, nous
permettent de réaliser expérimentalement un atome à deux niveaux quasi-idéal. L'oscil-
lateur harmonique quant à lui est un mode du champ électromagnétique piégé dans une
cavité Fabry-Pérot micro-onde de très haute surtension. Des temps de vie aussi grands que
Tcav = 65 ms ont pu être obtenus, amenant l'interaction avec l'atome à deux niveaux dans
le régime de couplage fort. Nous avons alors vu comment, en régime dispersif, le champ
quantique induit un déphasage du �spin� atomique par des e�ets de déplacements lumi-
neux des niveaux d'énergie de l'atome. C'est ce déphasage qui est exploité pour réaliser
une mesure quantique non-destructive du nombre de photons piégés dans la cavité. Un
interféromètre de Ramsey a ainsi été construit pour mesurer de tels e�ets.

Dans une dernière partie, les résultats obtenus dans le groupe ces dernières années ont
été exposés. Nous avons ainsi pu introduire deux méthodes d'analyse distinctes des me-
sures QND. Une méthode par décimation d'une part, qui réalise explicitement une mesure
projective du nombre de photons à chaque réalisation de l'expérience. Un suivi temporel
du nombre de photons dans la cavité est alors possible, permettant l'observation de sauts
quantiques de la lumière. Une méthode itérative d'autre part, qui renonce à l'analyse par
trajectoire, mais permet, par un procédé de moyenne sur de nombreuses réalisations, d'ex-
traire la moyenne d'ensemble de la distribution des nombres de photons dans le champ en
un temps de mesure notablement réduit par rapport à la méthode précédente. Chacune de
ces deux méthodes sera utilisée dans les chapitres suivants.

Nous disposons donc maintenant des systèmes quantiques et des techniques de mesure
nécessaires à l'acquisition d'information sur le champ quantique que nous souhaitons mani-
puler. Les trois prochains chapitres sont dévolus à la description de la rétroaction quantique
que nous avons mise en place permettant cette manipulation.



Chapitre II

Rétroaction quantique

Nous avons décrit au chapitre I le système quantique que nous souhaitons contrôler en
temps réel : un mode du champ électromagnétique piégé dans une cavité supraconductrice.
Nous avons ensuite vu comment il est possible de réaliser une mesure quantique non-
destructive du nombre de photons à l'aide d'atomes de Rydberg circulaires. L'oscillateur
harmonique est alors préparé dans un des états de Fock |n〉, où n est le résultat de la
mesure. Cette préparation est cependant intrinsèquement aléatoire : la mesure obéit aux
postulats de la mécanique quantique. Seule la statistique de préparation est donc a priori
connue. Ces états sont par ailleurs particulièrement fragiles : nous avons vu au paragraphe
I.4.2 comment la relaxation par une succession de sauts quantiques détruit ces états en un
temps de l'ordre de Tcav/n.

Dans ce chapitre, nous verrons comment il est possible de préparer de façon déterministe
un état de Fock |nc〉 puis de le protéger contre la décohérence. Les principes bien connus de
la rétroaction classique seront utilisés pour construire une boucle de rétraction quantique
dont nous donnerons le principe général dans une première partie. Nous verrons alors à
quelles di�cultés nous avons dû faire face. En particulier, il nous a fallu dé�nir une distance
entre états quantiques, distance dont le choix conditionne l'e�cacité de la rétroaction. Nous
décrirons donc en détail la façon dont nous avons décidé de sa forme.

Avant de tester expérimentalement la boucle ainsi construite, nous présenterons dans
une seconde partie les résultats de simulations numériques basées sur des méthodes Monte-
Carlo quantiques. Les résultats obtenus montreront la faisabilité de la rétroaction quantique
élaborée tout au long du chapitre et marqueront le début de la réalisation expérimentale.

II.1 Principe général

II.1.1 Une boucle de rétroaction quantique

L'utilisation de boucles de rétroaction, ou systèmes asservis, est plus que courante en
physique classique et dans notre vie quotidienne. Un des exemples les plus connus est
sans doute le thermostat d'un four. Pour le physicien, on pourrait également citer les
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           Système  

Filtre     

Régulateur
  

s 
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pe 

c 

Figure II.1 � Boucle de rétroaction classique. Le signal de sortie s est traité par un �ltre
H. Sa sortie ps est comparée à la consigne pe. Le signal d'erreur ε résultant est utilisé par
le régulateur R pour calculer la correction c.

asservissements de circuits électroniques ou encore ceux des lasers. Tous ces systèmes,
quoique très divers, sont constitués des mêmes éléments principaux, regroupés de façon
schématique sur la �gure II.1, et énumérés ci-dessous (on donne entre parenthèses ce qu'ils
sont dans le cas du thermostat d'un four) :
Le système L'objet (le four) dont on veut contrôler une des propriétés physiques p (la

température) ;
Le signal de sortie La grandeur physique mesurée s qui renseigne sur (ou qui est) la

propriété du système que l'on veut asservir (la résistance de la thermistance du four) ;
Le �ltre Le signal de sortie, avant de pouvoir être exploité, peut nécessiter le passage

par un �ltre H qui en extrait les informations pertinentes : ps = H(s) (la table de
conversion résistance�température pour la thermistance utilisée) ;

La consigne La valeur pe que l'on cherche à imposer à la grandeur p (la température
voulue pour le four). La di�érence avec la valeur actuelle ps constitue le signal d'erreur
ε = E(pe, ps) ;

Le régulateur et la correction Étant donné ε, le régulateur doit alors calculer la cor-
rection c = R(ε) à appliquer au système pour amener la grandeur p vers la valeur
désirée pe (la résistance chau�ante et son alimentation commandée). Les régulateurs
PID (proprotionnel-intégrateur-dérivateur) sont les plus courants.

Le problème que nous nous posons ici est celui de la préparation et de la protection
contre la décohérence d'un état |nc〉 choisi. La solution retenue est de transposer au monde
quantique les idées de la rétroaction classique [57] : le système considéré S est le champ
électromagnétique piégé dans la cavité micro-onde, dont la propriété physique p que nous
cherchons à contrôler est bien évidemment l'état quantique, donné par sa matrice densité
ρ. La consigne pe est l'état cible, à savoir ρc = |nc〉〈nc|.

La simplicité de la transposition s'arrête cependant ici. Nous nous heurtons à une
première di�culté lors de la mesure du signal de sortie sur le système quantique S. De
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fait, comme prédit par les postulats de la mécanique quantique, cette mesure a un e�et en
retour aléatoire sur le système étudié : après celle-ci, S est projeté dans un nouvel état qui
dépend du résultat de la mesure. Or cette inévitable perturbation est d'autant plus forte
que l'information acquise est précise. Un compromis est trouvé par l'emploi de mesures
faibles, déjà rencontrées au I.4.1, qui ne fournissent qu'une information partielle sur le
système, mais avec une perturbation a minima.

La consigne étant ici la matrice densité de l'état à préparer, le �ltre H doit être en
mesure d'estimer en temps réel la matrice densité de S, a�n d'appliquer la correction ad hoc.
Contrairement à ce que nous pouvons faire avec une boucle de rétroaction classique, l'emploi
seul de mesures faibles, sans information a priori, ne nous permet toutefois pas de connaître
parfaitement l'état de S après l'une d'elle. Le �ltre quantique utilisé, dont nous donnerons
le détail du fonctionnement dans les paragraphes suivants, devra donc, connaissant l'état
initial du système, actualiser son estimation ρs à chaque modi�cation, contrôlée ou pas, de
l'état du champ : l'action en retour des mesures, les corrections faites sur S dans le cadre de
la rétroaction, ainsi que les modi�cations dues à toutes les imperfections expérimentales,
telles que la décohérence via le temps de vie �ni du champ. Nous voyons déjà ici à quel
point la connaissance du dispositif expérimental devra être précise pour que la rétroaction
puisse être e�cace.

Nous rencontrerons en�n une di�culté dans la dé�nition du signal d'erreur qui contrôle
les corrections de la boucle. Comment dé�nir la distance, au sens de la di�érence, qu'il y
a entre deux états quantiques, à savoir l'état cible ρc et l'état courant ρs ? La réponse à
cette question sera donnée au paragraphe II.1.3.

Au fait de ces di�cultés, propres à toute boucle de rétroaction quantique, revenons à
notre cas particulier et décrivons étape par étape une itération de la boucle. Le schéma de
principe, adapté de celui donné �gure II.1, en est donné �gure II.2.

De même que dans nos expériences décrites au chapitre précédent, des atomes de Ryd-
berg circulaires réalisent sur le champ micro-onde par une succession de mesures faibles
une mesure QND du nombre de photons piégés. Après chaque détection atomique j = e, g
(le signal de sortie) cependant, une correction est appliquée a�n que les mesures suivantes
tendent à rapprocher l'état du champ de l'état cible.

Le plus simple techniquement consiste à utiliser une correction classique, à savoir l'in-
jection dans le mode de champs cohérents |α〉 d'amplitude et phase contrôlées. La même
source classique qui nous avait permis précédemment de préparer le champ dans un état
cohérent, et dont le couplage à la cavité a déjà été décrit au paragraphe I.1.2.b, est main-
tenant utilisée pour réaliser de �petits� déplacements dans l'espace des phases. La façon
dont est choisi le paramètre α sera décrite au paragraphe II.1.3.c.

Nous dé�nissons alors une itération de la boucle comme la succession des trois événe-
ments suivants (voir aussi la �gure II.3), donnés pour l'itération numéro k :

1. détection du ke atome 1 dans le niveau |e〉 ou |g〉,

1. Dans toute cette section, nous ne ferons pas la distinction entre �atome� et �échantillon� faite au
chapitre I. Cela revient en fait à supposer que nous sommes dans le cas idéal où tous les échantillons
contiennent un et un seul atome.
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Système

Filtre quantique

Régulateur

Imperfections :
- temps de vie,
- erreurs de détection, …

Mesure faible

Mémoire

Figure II.2 � Boucle de rétroaction quantique. À la (k+1)e itération de la boucle, le �ltre
quantique a en mémoire l'état du champ ρk, actualisé en ρk+1 à partir du résultat de la
mesure atomique jk+1, du déplacement αk et des imperfections expérimentales. Étant donné
la consigne ρc, la prochaine correction αk+1 = R(ρc, ρk+1) est calculée par le régulateur.
Le rectangle grisâtre représente l'ordinateur de contrôle à trois entrées (consigne, mesure,
imperfections) et une sortie (correction) en charge de la rétroaction.

2. calcul de la correction optimale αk à appliquer et injection du champ cohérent cor-
respondant,

3. évolution libre pendant le temps nécessaire au prochain atome (k + 1) pour arriver
au niveau du détecteur.

À l'instant suivant l'interaction du champ avec le ke atome et sa détection, soit juste
avant l'injection de la ke correction αk, la matrice densité du champ micro-onde intracavité
(notre système S) est notée ρk. Après cette injection, l'état du système est alors 2

ρk+ 1
3

= Dkρk, (II.1)

2. Nous utilisons ici une notation à indices fractionnaires. Le passage de l'état ρk vers l'état ρk+1 étant
divisé en trois étapes, les états intermédiaires sont notés ρk+1/3 et ρk+2/3.
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Figure II.3 � Une itération de la boucle de rétroaction est divisée en trois étapes : détection
d'un atome (zone rouge), calcul du déplacement cohérent à appliquer (zone orange), et
évolution libre sur un temps Ta nécessaire à l'atome suivant pour atteindre le détecteur
(zone bleue). Nous donnons aussi les notations utilisées pour désigner la matrice densité
estimée du champ à chaque étape.

où l'action du super-opérateurDk, contrôlée par le paramètre αk, est dé�nie via l'opérateur
déplacement D(αk) introduit au paragraphe I.1.2.b :

Dkρ = D(αk)ρD(−αk) ≡ ρ(αk). (II.2)

L'amplitude αk de la correction quant à elle est calculée par le régulateur juste après la
détection de l'atome k, en fonction de ρk et de ρc :

αk = R(ρc, ρk). (II.3)

Notons que contrairement au cas de la boucle de rétroaction classique, il n'y a pas ici à
proprement parler de signal d'erreur à partir duquel le régulateur calcule la correction à
appliquer. Il utilise en fait l'estimation brute ρk de l'état du champ et la matrice densité de
la cible ρc pour calculer αk. Toutefois αk sera choisi a�n de minimiser la distance à l'état
cible, ou l'erreur, de l'état du champ après application de la correction : E(ρc,Dkρk).

Il faut ensuite tenir compte de la relaxation sur le temps �ni Ta d'une itération de la
boucle. La façon dont est modi�ée la matrice densité a déjà été donnée équation (I.19) et
on a donc

ρk+ 2
3

= Tρk+ 1
3

= (1 + TaL)ρk+ 1
3
. (II.4)

Un atome de Rydberg, ou sonde atomique, réalise en�n une mesure faible du nombre
de photons. Après détection de la sonde dans l'un des deux états |jk+1〉 = |e〉 ou |g〉, le
champ est projeté sur une nouvelle matrice densité

ρk+1 = Mk+1ρk+ 2
3
. (II.5)
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L'expression du super-opérateur Mk+1 qui traduit l'e�et en retour de la mesure sur le
champ, en fonction du résultat de la détection atomique jk+1, est donnée au II.1.2.

Après la détection du (k+1)ième atome, la matrice densité du champ est donc donnée
par la formule

ρk+1 = Mk+1TDk ρk =

(
k∏
i=0

Mi+1TDi

)
ρ0 ≡Hk+1ρ0, (II.6)

où ρ0 est l'état initial du champ, et D0 = 1.

Les paragraphes suivants ont pour objectif de détailler la façon dont est fait le calcul
de l'amplitude des corrections, i.e. donner les expressions des fonctions R et E , ainsi que
celles de tous les super-opérateurs rencontrés.

II.1.2 Signal de sortie et �ltre quantique

II.1.2.a Mesures faibles : action et paramètres

Intéressons nous dans un premier temps à l'actualisation de la matrice densité après une
détection atomique ayant donné le résultat j. Comme nous l'avons déjà vu au paragraphe
I.4.1, l'action en retour de la mesure est décrite par les opérateurs de Kraus Mj=e,g. Ainsi,
si un atome est détecté dans l'état j en sortie de l'interféromètre, la matrice densité du
champ devient

ρ 7−→Mj ρ =
MjρM

†
j

Tr(ρM †
jMj)

, (II.7)

où les opérateurs Mj ont été dé�nis équation (I.84). Ils dépendent des deux mêmes para-
mètres expérimentaux, à savoir la phase de l'interféromètre Ramsey φr et le déphasage par
photon φ0, ou de façon équivalente le déphasage φ(n) induit par n photons sur le dipôle
atomique (dé�ni équation (I.72)) :

Me = sin

(
φr + φ(N̂)

2

)
Mg = cos

(
φr + φ(N̂)

2

)
.

Un choix naturel pour la phase de l'interféromètre de Ramsey est la valeur ϕr(nc) telle
que pour un champ dans l'état cible |nc〉, l'interféromètre soit sur un milieu de franges (ou
encore que la probabilité de détecter un atome dans |e〉 ou |g〉 soit 50%) :

ϕr(nc) =
π

2
− φ(nc). (II.8)

La sensibilité de l'interféromètre à la variation du nombre de photons est en e�et alors
maximale autour de l'état cible.
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(a) φ0 = π/2 (b) φ0 = π/4

Figure II.4 � Probabilité πg(n) de détecter une sonde QND dans l'état |g〉 pour un champ
préparé dans l'état de Fock |n〉, et pour deux choix de déphasage par photon φ0. Dans les
deux cas, φr est choisi de telle sorte que πg(3) = 0, 5.

A�n que la mesure puisse bien distinguer l'état cible des autres états nombre, un choix
naturel semble être de prendre un déphasage par photon de l'ordre de φ0 = π/2. Nous
traçons �gure II.4a la probabilité πg(n) de détecter un atome dans l'état |g〉 pour di�érents
états de Fock |n〉, l'interféromètre de Ramsey étant réglé avec la phase φr = ϕr(3). Si
les états |2〉 et |4〉 sont alors e�ectivement discriminés de manière optimale de l'état cible
|nc = 3〉, il n'en est rien pour |1〉 ou |5〉. Avec ce réglage de l'interféromètre, il n'est en fait
pas possible de distinguer les états |0〉 et |4〉, |1〉, |3〉 et |5〉, et |2〉 et |6〉.

Un choix plus judicieux consiste à choisir un déphasage par photon deux fois plus
faible : φ0 = π/4. Nous traçons de même �gure II.4b la probabilité πg(n) avec ce réglage
pour les di�érents états de Fock |n〉. Il apparaît alors que si πg(2) et πg(4) sont maintenant
un peu plus proches de πg(3) que dans la situation précédente, la distinction reste aisée,
et surtout que l'état |nc = 3〉 est maintenant bien séparé des ensembles {|n〉 / n < 3} et
{|n〉 / 3 < n < 7}. Le �ltre est en mesure de déterminer de façon e�cace s'il y a plus ou
moins de photons dans la cavité que dans l'état cible. Il ne peut toutefois pas distinguer
par la mesure seule les états |3〉 et |7〉 (πg(3) = πg(7)), mais le temps de vie de |7〉 étant re-
lativement court (9 ms contre 22 ms pour |3〉), la relaxation permettra de lever l'incertitude
rapidement 3.

Nous retiendrons donc pour l'instant le choix des paramètres suivants :

φr = ϕr(nc) =
π

2
− φ(nc), φ0 =

π

4
. (II.9)

3. En fait, en 9 ms. Avec φ0 = π/2, la distinction entre |1〉 et |3〉 par exemple ne pouvait se faire que
sur des temps aussi longs. . . que le temps de vie de l'état cible |3〉 !
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Figure II.5 � Une rétroaction retardée. On considère l'instant t = tdet(k) auquel l'atome
k vient d'être détecté, ici dans l'état |e〉. Nr = 4 atomes sont en vol entre la cavité et le
détecteur, repéré par un bandeau gris, et le dernier atome ayant interagi avec le champ
est l'atome k + Nr. Leurs états sont encore inconnus et le �ltre quantique les traite donc
comme des atomes ayant réalisé des mesures non-lues. Il calcule alors l'amplitude de la
prochaine correction à appliquer, i.e. αk.

II.1.2.b Une rétroaction retardée

Pour que les corrections calculées soient e�caces, le régulateur R doit disposer d'une
estimation aussi bonne que possible de l'état du champ au moment du calcul. Jusqu'à
présent, nous avons considéré que juste après la détection de l'atome k, cette estimation
optimale est ρk, calculée par le �ltre quantiqueH, et dont l'expression a été donnée équation
(II.6). Si l'on y regarde de plus près, cela suppose que la détection de l'atome k a lieu
immédiatement après son interaction avec le champ. La dernière étape du calcul de ρk est
en e�et

ρk = Mkρk−1+ 2
3
, (II.10)

où Mk rappelons-le décrit l'interaction du champ avec l'atome k (équation (II.7)).
L'hypothèse faite précédemment est en fait erronée : la cavité supraconductrice est

située à distance non nulle du détecteur à ionisation, environ 86 mm, une distance qu'un
atome à 250 m · s−1 met Tr = 344µs à parcourir. A priori ce retard n'est pas gênant :
en considérant que l'atome est détecté juste après son interaction avec le champ, nous
oublions que les deux systèmes restent en fait intriqués pendant Tr, jusqu'à la détection
de l'atome. Toutefois, choisir d'appliquer le postulat de projection avant ou après le délai
Tr ne modi�e pas la matrice densité résultante du champ. Tout revient donc à considérer
que la projection de l'atome k sur l'état |e〉 ou l'état |g〉 a lieu à la sortie de la cavité
supraconductrice 4, mais que l'information sur son état met un temps Tr à nous parvenir :
il y a un retard dans la chaîne de détection.

Cela complique malgré tout l'estimation de l'état du champ. Ce retard se traduit en e�et
par le fait qu'au moment où nous prenons connaissance de l'état de l'atome k, i.e. 344µs
après son interaction avec le champ, Nr = (344µs/82µs) = 4 atomes supplémentaires ont

4. Sans oublier bien sûr la seconde impulsion π/2 qui ferme l'interféromètre.
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interagi avec le champ. La �gure II.5 illustre cette situation : à l'instant t = tdet(k) auquel
l'état de l'atome k est connu, Nr = 4 atomes sont en chemin entre la cavité et le détecteur,
et l'état du champ a donc déjà été modi�é par les mesures faibles opérées par ces atomes
(k + 1 à k +Nr).

Le régulateur ne peut donc pas utiliser la matrice densité ρk, telle que nous l'avions
calculée équation (II.6), pour décider de la correction à appliquer sur le champ. S'il le fait,
c'est la modi�cation par les Nr mesures faibles Mk+1≤i≤k+Nr qui est oubliée. Pire, au cours
du temps de vol de l'atome k entre la cavité et le détecteur, Nr autres atomes ont été détec-
tés (atomes k−Nr à k−1), chacun déclenchant un calcul du �ltre et du régulateur, et donc
Nr déplacements de correction Dk−Nr≤i≤k−1 appliqués. Un �ltre quantique supplémentaire
Hr est donc chargé d'améliorer l'estimation de l'état du champ. Prendre en compte ces Nr

déplacements est chose aisée : leurs amplitudes, calculées par le régulateur aux itérations
précédentes, sont parfaitement connues. La situation est plus complexe pour les Nr atomes
en vol entre la cavité et le détecteur. S'ils ont déjà interagi avec le champ, et ont déjà été
projetés dans un des états |e〉 ou |g〉, ils n'ont pas encore été détectés et les résultats de
leurs détections sont donc encore inconnus. Le seul choix qui s'impose à nous est donc de
traiter ces atomes comme s'ils réalisaient une mesure non-lue sur le champ, décrite par le
super-opérateur Mnl :

ρ 7−→Mnl ρ = MgρM
†
g +MeρM

†
e . (II.11)

Pour que l'estimation ρk soit la plus complète possible, il faut par ailleurs prendre en
compte la relaxation pendant Tr. L'opérateur densité ρk, calculé par les �ltres quantiques
H et Hr, et à partir duquel le régulateur décide de la correction αk à appliquer, est donc
calculé ainsi :

ρk =H(r)
k Hkρ0, (II.12)

où les opérateurs H(r)
k et Hk sont dé�nis comme

H(r)
k =

(
k+Nr−1∏
i=k

MnlTDi−Nr

)
, (II.13)

Hk =

(
k−1∏
i=0

Mi+1TDi−Nr

)
. (II.14)

Dans les équations (II.12), (II.13) et (II.14), les déplacements Di avec i ≤ 0 sont égaux
à l'identité. En d'autres termes, on ne fait pas de corrections tant qu'aucun atome n'a
atteint le détecteur :

∀i ≤ 0 Di = 1. (II.15)

Notons que si Hk peut encore être calculé par une relation de récurrence,

Hk+1 = [Mk+1TDk−Nr ] Hk, (II.16)
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il n'en est rien pour H(r)
k , et il n'y a donc plus de relation de récurrence entre ρk+1 et ρk.

Toutefois, le �ltre n'a pas à faire le calcul complet de ρk à chaque itération, i.e. en partant
systématiquement de ρ0. Il peut en e�et garder en mémoire la matrice densité ρ̃k dé�nie
comme

ρ̃k =Hkρ0, (II.17)

qui peut être calculée par récurrence à partir de l'équation (II.16) en utilisant les informa-
tions acquises à l'itération k + 1 (détection de l'atome k + 1 et injection de αk−Nr) :

ρ̃k+1 = [Mk+1TDk−Nr ] ρ̃k. (II.18)

L'estimation ρk+1 est alors obtenue à partir de ρ̃k+1 en appliquant le �ltre H(r)
k+1 rendant

compte du retard dans la chaîne de détection :

ρk+1 =H(r)
k+1ρ̃k+1. (II.19)

Notons que la matrice ρ̃k décrit en fait l'état du champ tel qu'il est juste après que l'atome
k ait quitté la cavité et ait été projeté dans un des états |e〉 ou |g〉. Les Nr atomes de retard
n'ont alors pas encore interagi avec le champ.

II.1.3 Signal d'erreur et rétroaction

L'objectif de cette section est de donner une dé�nition au signal d'erreur E(ρc, ρ) évo-
qué précédemment. Le choix que nous ferons est important : l'e�cacité de la rétroaction
quantique en dépend notablement. C'est en e�et par la donnée de E que la correction αk
est calculée par le régulateur R, le choix optimal consistant à injecter le champ cohérent
d'amplitude

αk = arg min
α∈C

E [ρc, ρk(α)] . (II.20)

La distance à l'état cible après l'injection αk est alors minimisée. Modi�er E revient donc
à modi�er les actions du �ltre, et le choix devra donc être fait avec soin.

Après avoir donné quelques dé�nitions courantes de distance entre deux états quan-
tiques, nous verrons comment le choix de E est en fait contraint par quelques arguments
simples. Deux dé�nitions possibles seront alors données, ainsi que, pour chacune d'elles, la
loi de contrôle associée, i.e. la façon dont αk est calculé.

II.1.3.a Fidélité

À la question �Quand, ou comment, peut-on dire que deux états quantiques sont proches
ou loin l'un de l'autre ?�, plusieurs réponses ont été données, notamment dans le cadre de la
cryptographie quantique [101], où ces notions sont cruciales pour pouvoir tester la sécurité
de tel ou tel protocole quantique. Plusieurs dé�nitions courantes de �délité existent ainsi.
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Pour deux états purs |ψ1〉 et |ψ2〉, le choix le plus naturel consiste à la dé�nir comme le
recouvrement entre les deux états :

Fp(|ψ1〉, |ψ2〉) = |〈ψ1|ψ2〉|2. (II.21)

Cette dé�nition ne se transpose cependant pas facilement au cas de mélanges statistiques.
Une généralisation possible [102] couramment utilisée est donnée sous la forme

Fm(ρ1, ρ2) = Tr

(√√
ρ1ρ2
√
ρ1

)
. (II.22)

On citera également la probabilité d'erreur PE(ρ1, ρ2), ou la distance de Kolmogorov
K(ρ1, ρ2), toutes deux dérivées de l'information classique, et qui s'écrivent [101]

K(ρ1, ρ2) = 1− 2PE(ρ1, ρ2) =
1

2
Tr|ρ1 − ρ2|. (II.23)

Ici, nous cherchons à dé�nir une distance à notre état cible ρc = |nc〉〈nc| pour toute
matrice densité ρ. Il se trouve alors que, ρc étant un état pur, toutes les dé�nitions de
distance ou de �délité données ci-dessus se ramènent à la dé�nition intuitive

F(ρc, ρ) = Tr(ρcρ) = 〈nc|ρ|nc〉. (II.24)

Remarquons au passage que le maximum de la �délité F est atteint pour ρ = ρc

seulement, pour lequel

F(ρc, ρc) = 1. (II.25)

Si l'on veut dé�nir un signal d'erreur au sens usuel du terme, qui s'annule quand la cible
est atteinte, on dé�nira alors

E(ρc, ρ) = 1−F(ρc, ρ) = 1− 〈nc|ρ|nc〉. (II.26)

Si cette dé�nition est naturelle, et simple à calculer, elle présente néanmoins un incon-
vénient sérieux : quel que soit l'état de Fock |n 6= nc〉, la �délité F s'annule :

∀n 6= nc F(ρc, |n〉〈n|) = 0. (II.27)

Il n'est donc pas possible, avec un telle dé�nition, de distinguer entre eux les états de Fock
di�érents de l'état cible. Il nous a paru alors nécessaire de trouver une autre dé�nition
pour le signal d'erreur de la boucle, qui puisse traduire notre sentiment qu'un état de Fock
|n� nc〉 est plus �loin� de |nc〉 que |nc − 1〉 par exemple.
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Figure II.6 � Coe�cients Γ
(nc)
n pour 1 ≤ nc ≤ 4.

II.1.3.b Une dé�nition plus générale

Nous allons dans ce paragraphe chercher à dé�nir une nouvelle distance d(ρc, ρ) à l'état
cible, renonçant ainsi à une dé�nition générale de distance entre deux matrices densité
quelconques. Celle-ci doit remplir un certain nombre de critères, que nous donnons ci-
dessous, et dont les implications seront exploitées ci-après.

� En tant que distance, d(ρc, ρ) doit être réel positif pour toute matrice densité ρ ;
� Nous choisirons également par souci de simplicité une distance d(ρc, ρ) qui soit une
fonction linéaire de ρ ;

� Plus en relation avec notre expérience, nous chercherons une distance à la cible ρc

qui ne soit pas modi�ée par une mesure non-lue sur le champ ;
� En�n, le critère déjà évoqué réclamant qu'un état de Fock |n〉 soit d'autant plus
éloigné de ρc que |n− nc| est grand devra être véri�é.

Une dernière contrainte sera imposée au paragraphe II.1.3.d, mais celle-ci a directement
trait à la loi de contrôle que nous aurons alors dé�ni et nous ne l'expliciterons donc que
plus tard.

Nous verrons alors que la distance retenue prend la forme

d(ρc, ρ) =
∑
n

Γ(nc)
n ρnn, (II.28)

où les coe�cients Γn sont donnés �gure II.6 pour les quatre états cibles que nous considé-
rerons, i.e. |1〉, |2〉, |3〉, et |4〉.

Reprenons maintenant un à un les critères donnés ci-dessus et justi�ons la forme de la
distance donnée équation (II.28).
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Positivité de la distance Dans la discussion qui suit, nous nous restreignons aux cas
où la distance d(ρc, ρ) est une fonction linéaire de ρ. Elle peut alors s'écrire sous la forme

d(ρc, ρ) = Tr(Γρ), (II.29)

où Γ est une matrice quelconque ne dépendant que de ρc.
Comme déjà expliqué, nous imposons dans un premier temps à d(ρc, ρ) d'être réel et

positif pour toute matrice densité ρ. Ceci implique

∀ρ d(ρc, ρ) = d(ρc, ρ)∗ ⇔ Tr(Γρ) = Tr(Γ†ρ) ⇔ Tr((Γ− Γ†)ρ) = 0. (II.30)

Notons A = Γ−Γ† la partie antisymétrique de Γ. En remplaçant dans l'équation (II.30)
ρ par |n〉〈n|, on trouve que tous les éléments diagonaux de A sont nuls :

∀n 〈n|A|n〉 = 0. (II.31)

Étant donné maintenant deux entiers n et m quelconques et di�érents, construisons les
deux états |ψ〉 = (|n〉+ |m〉) /

√
2 et |ϕ〉 = (|n〉+ i|m〉) /

√
2. D'après la condition (II.30),

on trouve :

Tr(A|ψ〉〈ψ|) =
1

2
(〈n|A|m〉 − 〈n|A|m〉∗) = i Im(〈n|A|m〉) = 0, (II.32)

et de même :

Tr(A|ϕ〉〈ϕ|) =
i

2
(〈n|A|m〉+ 〈n|A|m〉∗) = iRe(〈n|A|m〉) = 0. (II.33)

Des équations (II.31) à (II.33) on déduit que la matrice A est nulle, ou encore

Γ = Γ†. (II.34)

Γ est donc une matrice hermitienne. Soit B = {|ei〉} une base de diagonalisation de Γ.
Exploitons maintenant le fait que d(ρc, ρ) est positif pour toute matrice ρ. Alors,

∀|ei〉 ∈ B Tr(Γ|ei〉〈ei|) = 〈ei|Γ|ei〉 ∈ R+. (II.35)

Dans la base B, Γ est donc une matrice diagonale à coe�cients positifs : c'est une matrice
hermitienne positive.

Ainsi, pour que la distance d que nous cherchons à dé�nir soit à la fois linéaire et réelle
positive sur l'ensemble des matrices densité, alors il doit exister une matrice densité ρ0 et
un scalaire positif γ tels que

d(ρc, ρ) = γTr(ρ0ρ). (II.36)

La réciproque est évidente.
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Distance et mesure non lue Nous imposons maintenant à la distance d(ρc, ρ) de ne
pas changer après une mesure non lue sur ρ. Le choix qui est fait ici consiste en fait à ne
dé�nir une distance que vis à vis des états propres de l'observable mesurée, i.e. l'opérateur
nombre de photons N̂ : les cohérences ne sont pas prises en compte dans le calcul. Par
exemple, l'état cohérent |α〉 est considéré comme aussi éloigné de la cible que le mélange
statistique

ρα =
∑
n

|〈n|α〉|2 |n〉〈n|.

En reprenant les notations du paragraphe II.1.1, on a alors

E
(
d (ρc, ρk+1) |ρk+ 2

3

)
= d

(
ρc, ρk+ 2

3

)
, (II.37)

où E désigne l'espérance mathématique. Il vient ensuite

∀ρ d (ρc,Mnlρ)− d (ρc, ρ) = 0

⇔ Tr
(
(Γ−M †

gΓMg −M †
eΓMe)ρ

)
= 0. (II.38)

En notant B = (Γ−M †
gΓMg −M †

eΓMe), et d'après la discussion précédente sur Γ, on en
déduit que B est hermitienne positive. Or,

Tr(B) = Tr(Γ)− Tr

Γ(MgM
†
g +MeM

†
e︸ ︷︷ ︸

1

)

 = 0. (II.39)

B est donc une matrice hermitienne positive de trace nulle, i.e. B = 0 et

M †
gΓMg +M †

eΓMe = Γ. (II.40)

La matrice densité ρ0 dé�nie précédemment comme Γ = γρ0 est donc la matrice densité
d'un état laissé invariant par une mesure non lue du nombre de photons. Ceci impose à ρ0

d'être un mélange statistique d'états de Fock, i.e. des états propres de la mesure, et donc
à Γ d'être diagonal dans la base des états de Fock.

Pour résumer, nous avons montré que pour dé�nir une distance d(ρc, ρ) à l'état cible
|nc〉, linéaire en ρ, réelle positive, et telle qu'une mesure non lue sur ρ ne modi�e pas la
valeur de la distance, alors il faut dé�nir une matrice Γ(nc) telle que ∀n ∈ N 〈n|Γ(nc)|n〉 = Γ

(nc)
n ≥ 0

∀n 6= n′ 〈n|Γ(nc)|n′〉 = 0
d(ρc, ρ) = Tr(Γ(nc)ρ).

(II.41)
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Une distance bornée et croissante avec |n− nc| Maintenant que nous avons une
forme générale pour la distance que l'on cherche à dé�nir, voyons comment choisir les
éléments diagonaux, i.e. les seuls non nuls, de Γ(nc).

En s'inspirant des idées du paragraphe précédent, nous voulons dé�nir conjointement
à d une �délité sous la forme

Fd (|nc〉, ρ) = 1− d(ρc, ρ) ≡ Tr(Λ(nc)ρ), (II.42)

positive pour tout ρ, et égale à 1 pour ρ = ρc. Il nous faut alors imposer à Γ(nc) = 1−Λ(nc){
∀n 6= nc 0 < Γ

(nc)
n ≤ 1

Γ
(nc)
nc = 0.

(II.43)

Comme expliqué précédemment, nous voulons en�n que la distance ainsi dé�nie traduise
le fait qu'un état |n〉 est considéré d'autant plus loin de |nc〉 que |n− nc| est grand. Nous
cherchons donc les coe�cients Γ

(nc)
n tels que Γ

(nc)
n soit une fonction de n dans [0, 1] qui croît

avec |n − nc|. C'est e�ectivement ce qui ressort de la �gure II.6. Le paragraphe II.1.3.d
nous permettra de contraindre l'étagement entre les Γ

(nc)
n .

Retour à la �délité Remarquons pour conclure que si l'on dé�nit Γ(nc) comme

Γ(nc) = 1− |nc〉〈nc|, (II.44)

les conditions (II.41) et (II.43) sont véri�ées et l'on retrouve la �délité telle que dé�nie au
paragraphe précédent :

d(ρc, ρ) = 1− Tr(|nc〉〈nc|ρ) = 1−F(ρc, ρ). (II.45)

La �délité F est donc un cas particulier de la dé�nition générale que nous avons établie
ici.

II.1.3.c Loi de contrôle

Maintenant que nous disposons d'une dé�nition pour le signal d'erreur de notre boucle
de rétroaction (équation (II.41)), il nous reste à calculer le déplacement optimal αk étant
donné la matrice densité du système ρk. L'idée en a déjà été donné équation (II.20) :

αk = arg min
α∈C

d(ρc,D(α)ρkD(−α)). (II.46)

Un tel calcul est cependant bien coûteux, et il n'est bien sûr pas envisageable de chercher
numériquement à chaque itération de la boucle le paramètre α qui minimise une telle dis-
tance : le temps séparant le passage entre deux échantillons étant Ta = 82µs, le régulateur
doit avoir �ni son calcul en un temps plus court que Ta. Deux simpli�cations ont donc été
faites :
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� D'une part, l'état initial du champ |α0〉 pouvant être choisi réel sans perte de généra-
lité, la matrice densité de la cible étant réelle également, tout comme les opérateurs
de Kraus décrivant la mesure, nous pouvons nous limiter à des injections de contrôle
réelles : les corrections cohérentes |αk〉 et le champ initialement injecté sont en phase
ou en opposition de phase ;

� D'autre part, pour trouver une expression analytique pour la correction αk, permet-
tant ainsi un calcul rapide de la correction, nous nous contentons d'un développement
à l'ordre 2 en α de la fonction d(ρc,D(α)ρkD(−α)). Comme nous le verrons plus tard,
il faudra alors prendre garde à ce que les injections faites ne soient pas trop �grandes�
pour que le calcul reste valable.

Dans le cadre de cette approximation, la matrice déplacée D(α)ρD(−α) peut alors
s'écrire

D(α)ρ ≡ ρ(α) = ρ− α2
[
ρ, a† − a

]
+
α2

2

[[
ρ, a† − a

]
, a† − a

]
+ o(α2). (II.47)

On en déduit simplement

d(ρc, ρ(α)) = d(ρc, ρ)− αa1(ρ)− α2

2
a2(ρ) + o(α2) (II.48)

où
{
a1(ρ) = −Tr

([
Γ(nc), a† − a

]
ρ
)

a2(ρ) = −Tr
([[

Γ(nc), a† − a
]
, a† − a

]
ρ
) . (II.49)

Choisissons alors αk sous la forme

αk = c1a1(ρk), (II.50)

et calculons pour ce choix particulier la fonction de gain G, dé�nie comme

G(α) = d(ρc, ρk)− d(ρc,D(α)ρk), (II.51)

qui quanti�e de combien le champ se rapproche de la cible après le déplacement α. Avec
la condition (II.50) et le développement (II.48), il vient

G(c1) = c1a1(ρk)
2 +

1

2
c2

1a2(ρk). (II.52)

Remarquons alors que G(0) = 0 et G ′(0) = a1(ρk)
2 ≥ 0 : G est croissante en c1 = 0 et il est

donc toujours possible de trouver un coe�cient c1 ≥ 0 tel que G(c1) ≥ 0, i.e. que le champ
se rapproche de l'état cible après le déplacement dé�ni équation (II.50).

Précisons quel est ce choix en distinguant deux cas, selon le signe de G ′′(0) = a2(ρk) :
� Si a2(ρk) < 0, alors G(c1) a un maximum en c1 = −1/a2(ρk) et

αk = −a1(ρk)

a2(ρk)
(II.53)

est la correction à appliquer ;
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� Si a2(ρk) ≥ 0, alors G(c1) n'a pas de maximum et a priori, prendre c1, et donc αk,
aussi grands que possible semble être le bon choix. Il ne faut cependant pas oublier
que les calculs ici faits l'ont été via un développement à l'ordre 2 en α, et on ne
peut donc pas choisir un déplacement trop grand sous peine d'explorer des domaines
où nos calculs deviennent faux. Nous introduisons ici une borne supérieure sur les
injections que nous nous autorisons :

αmax = 0, 1. (II.54)

Si a2(ρk) ≥ 0, la correction choisie est alors

αk = sign[a1(ρk)]αmax. (II.55)

Résumons donc la loi de contrôle qui, étant donné la matrice densité ρk = H(r)
k ρ̃k,

donne la correction αk à appliquer :

Rd : ρk 7−→ αk = Rd(ρk) =


min

(
−|a1(ρk)|
a2(ρk)

, αmax

)
sign[a1(ρk)] si a2(ρk) < 0 (a)

sign[a1(ρk)]αmax si a2(ρk) ≥ 0 (b)
(II.56)

où l'on choisit par convention : sign(0) = +1. Dans toute la suite, nous ferons référence à
cette loi de contrôle via le nom contrôle �Distance�.

II.1.3.d Sélection des attracteurs

Analysons un peu la loi de contrôle proposée équation (II.56). Nous pouvons notamment
remarquer qu'il nous a fallu une �double� loi de contrôle pour pouvoir imposer qu'à chaque
déplacement αk la distance à l'état cible diminue. Ceci est intimement lié au fait que la loi
de contrôle (II.56.a) seule a d'autres points �xes, ou attracteurs, que l'état cible |nc〉.

Tous les états pour lesquels a1(ρ) est nul sont en e�et des points �xes du contrôle
simpli�é, i.e. du contrôle �Distance� dont la condition (II.56.b) serait remplacée par

αk = 0 si a2(ρk) ≥ 0. (II.57)

Or, il est aisé de montrer que pour toute matrice densité ρ diagonale dans la base des états
de Fock, a1(ρ) = 0. Ainsi, tout mélange statistique d'états de Fock, et donc en particulier
tous les états de Fock, sont des points �xes de ce contrôle simpli�é. Si le champ se trouve
préparé dans un de ces états, plus aucune correction ne sera appliquée.

La condition (II.56.b) permet alors une sélection supplémentaire au sein de ces attrac-
teurs : les états ρk pour lesquels a2(ρk) ≥ 0, i.e. les états pour lesquels la distance après
déplacement

d̃(ρc, ρk; · ) : α 7−→ d̃(ρc, ρk;α) = d(ρc,D(α)ρkD(−α)) (II.58)
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a un maximum local 5 en α = 0, sont �supprimés� par l'application d'une correction forte :
|α| = αmax.

Au contraire, tous les attracteurs ρk du contrôle simpli�é pour lesquels d̃(ρc, ρk;α) a un
minimum local en α = 0 restent des attracteurs du contrôle �Distance� complet.

L'objectif est donc de choisir Γ(nc) tel que :
� |nc〉 soit un attracteur du contrôle �Distance�,
� |n 6= nc〉〈n| soit au contraire �supprimé�.
Ces considérations nous permettent de restreindre encore un peu plus le choix que nous

avons sur la matrice Γ(nc). Sachant que d̃′(ρc, |n〉〈n|;α = 0) = 0 pour tout n, où d̃′ désigne
la dérivée par rapport à α de d̃, elle doit en e�et être choisie telle que

∀n 6= nc d̃′′(ρc, |n〉〈n|; 0) < 0 (II.59)

d̃′′(ρc, |nc〉〈nc|; 0) > 0. (II.60)

De tels coe�cients peuvent être calculés et l'on trouve

∀n ∈ N d̃′′(ρc, |n〉〈n|; 0) = −a2(|n〉〈n|)

= 2
[
(2n+ 1)Γ(nc)

n − nΓ
(nc)
n−1 − (n+ 1)Γ

(nc)
n+1

]
(II.61)

= −2
[
(n+ 1)

(
Γ

(nc)
n+1 − Γ(nc)

n

)
− n

(
Γ(nc)
n − Γ

(nc)
n−1

)]
. (II.62)

La donnée d'un vecteur ~σ, dont les éléments σn sont choisis tels que

∀n 6= nc σn > 0 (II.63)

σnc = −
∑
n 6=nc

σn < 0 (II.64)

su�t alors à �xer les valeurs de la matrice Γ(nc) en �xant les dérivées secondes de d̃ :

∀n d̃′′(ρc, |n〉〈n|; 0) = −2σn. (II.65)

En notant ~Γ(nc) le vecteur formé par la diagonale de Γ(nc), on a

L ~Γ(nc) = ~σ :∀n (n+ 1)
(

Γ
(nc)
n+1 − Γ(nc)

n

)
− n

(
Γ(nc)
n − Γ

(nc)
n−1

)
= σn (II.66)

:∀n n
(

Λ(nc)
n − Λ

(nc)
n−1

)
− (n+ 1)

(
Λ

(nc)
n+1 − Λ(nc)

n

)
= σn, (II.67)

où Λ(nc) = 1− Γ(nc) a été introduit équation (II.42).
Les calculs seront faits en pratique en dimension �nie. Si l'on note N le nombre maxi-

mum de photons que l'on s'autorise, la condition (II.64) revient à imposer

N∑
n=0

σn = (N + 1)Λ
(nc)
N = 0. (II.68)

5. Sa dérivée première en α = 0 est −a1(ρk) = 0.



II.1. Principe général 81

En dehors de l'espace de Hilbert de taille N = N + 1, la �délité vis à vis de l'état cible est
nulle, i.e. la distance à l'état cible est maximale :

∀n ≥ N Γ(nc)
n = 1. (II.69)

Remarquons d'ailleurs l'analogie avec un problème classique simple : pour une chaîne
linéaire de masselottes reliées par des ressorts de raideur kn,n+1 = n+ 1, dont les déplace-
ments vis à vis de leurs positions d'équilibre sont notés xn, et dont les accélérations sont
notées an, on a l'équation :

(n+ 1)(xn+1 − xn)− n(xn − xn−1) = an, (II.70)

exact analogue de l'équation (II.66). La condition (II.64) s'interprète alors comme l'absence
de forces extérieures sur le système de masselottes, et le problème donné revient à trouver
un jeu de déplacements {xn} tel que la force de rappel subie par la ne masse soit la donnée
an. Une telle inversion ne pose pas de problèmes numériquement.

Nous avons donc ramené le problème du choix des coe�cients Γ
(nc)
n à celui du choix des

σn. Leurs valeurs furent �nalement optimisées via des simulations numériques telles que
présentées au paragraphe II.2, répétées pour plusieurs vecteurs ~σ.

II.1.3.e Loi de contrôle �Fidélité�

Intéressons nous pour �nir à ce que devient la loi de contrôle �Distance� dans le cas
où l'on choisit la �délité F [71]. Comme expliqué précédemment, cela revient à écrire

1− Γ(nc) = Λ(nc) = |nc〉〈nc|. (II.71)

Considérons maintenant une matrice densité ρ proche de l'état cible :

ρ = ρc − ηξ0 où
{
η = 1−F(ρc, ρ) � 1

Tr(ρcξ0) = 1
. (II.72)

Calculons alors les coe�cients aF1 (ρ) et aF2 (ρ) du développement de d̃(ρc, ρ;α) avec ce choix
de distance :

aF1 (ρ) = aF1 (ρc)︸ ︷︷ ︸
0

−ηaF1 (ξ0) = −ηaF1 (ξ0), (II.73)

aF2 (ρ) = aF2 (ρc)− ηaF2 (ξ0) = −Tr
([
ρc, a

† − a
]2)︸ ︷︷ ︸

4nc+2

−ηaF2 (ξ0). (II.74)

En gardant le choix précédent de correction α = c1a
F
1 (ρ), la fonction de gain G(α)

s'écrit maintenant

G(c1) = η2aF1 (ξ0)2

(
c1 +

1

2
c2

1

(
aF2 (ρc)− ηaF2 (ξ0)

))
(II.75)

= η2aF1 (ξ0)2

(
c1 −

1

2
(4nc + 2)c2

1

)
+O(η3), (II.76)
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qui a un maximum pour

c1 =
1

4nc + 2
. (II.77)

Avec cette approximation supplémentaire, nous pouvons donc obtenir un contrôle avec
un gain c1 constant, et non dépendant de ρk comme c'était le cas avec le contrôle �Dis-
tance�. Cependant, comme expliqué précédemment, pour éviter que les autres états de
Fock que |nc〉 soient aussi des points �xes du contrôle, il faut ajouter une condition supplé-
mentaire. Ici, elle n'est pas sortie naturellement du calcul parce que nous avons commencé
par supposer que l'état du champ était déjà �proche� de la cible. L'idée est de �xer un
seuil 0 < ε � 1 sur la distance à la cible au-delà duquel une correction importante devra
être faite.

Finalement, le contrôle �Fidélité� se résume ainsi :

Rf : ρk 7−→ αk = Rf(ρk) =


− a

F
1 (ρk)

4nc + 2
si F(ρc, ρk) ≥ 1− ε (a)

sign(nc − 〈n〉k)αmax si F(ρc, ρk) < 1− ε (b)

. (II.78)

Remarque : Si l'on compare les deux lois de contrôle, �Distance� (II.56) et �Fidélité�
(II.78), nous pouvons noter une di�érence de principe importante. Avec le contrôle �Dis-
tance�, les corrections sont ainsi faites que le champ s'éloigne autant que possible des états
pour lesquels la distance d̃(ρc, ρ;α) a un maximum local en α = 0, et nous choisissons donc
les coe�cients de la matrice Γ(nc) a�n que les états de Fock |n 6= nc〉 véri�ent ce critère
�notablement� : d̃′′(ρc, |n〉〈n|; 0) = σn > 0.

Avec le contrôle �Fidélité� en revanche, on peut montrer que bien que cette condition
soit toujours véri�ée, la fonction d̃ est nulle jusqu'à l'ordre 3 en α dès que |n − nc| > 1.
Cela implique que distinguer les états via la variation de d̃ en α est alors très ine�cace,
d'autant plus si on se contente d'en calculer la dérivée seconde. C'est donc directement
la �délité F(ρc, ρk), et non plus ses dérivées secondes, qui est utilisée pour distinguer les
attracteurs de la loi de contrôle : l'injection αmax est faite quand la �délité est trop basse,
et non quand la dérivée seconde a le mauvais signe.

Un problème persiste malgré tout. Puisque dès que |n − nc| > 1, la fonction distance
d̃(ρc, |n〉〈n|;α) varie en α4, il faudra de très nombreuses injections pour quitter le domaine
{ρ/F(ρc, ρ) < 1 − ε} si l'état du champ y tombe (via des sauts quantiques par exemple).
Ce qui est contraire à l'orientation globale choisie qui consiste à se limiter à de petites
injections : αmax = 0, 1. Nous verrons plus tard que cette tendance à injecter beaucoup de
photons pour ce contrôle se retrouve dans les simulations numériques.

II.1.4 Bilan

Avant de conclure cette première partie, résumons ici les di�érentes étapes du calcul du
�ltre quantique dans une itération de la boucle (voir Fig. II.7). Le début de la ke itération
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est marqué par la détection de l'atome k. À cet instant, la matrice densité estimée du
champ (ρk), à partir de laquelle la prochaine correction à appliquer (αk) est choisie, est
calculée grâce au �ltre quantique (H,Hr). Selon que l'on utilise le contrôle �Distance�
(II.56) ou �Fidélité� (II.78), la correction αk = Rd(ρk) ou αk = Rf(ρk) respectivement
est choisie. Pour pouvoir décider de la prochaine correction, le régulateur doit disposer de
l'estimation ρk+1 de l'état du champ. Nous avons expliqué au paragraphe II.1.2 que pour ce
faire, le �ltre calcule d'abord la matrice ρ̃k+1 par récurrence à partir de la matrice densité
ρ̃k. ρk+1 est ensuite simplement obtenue par application de H(r)

k+1. Rappelons ici comment
est calculée ρ̃k+1.

1. Après l'interaction avec le ke atome, la correction αk−Nr a été injectée dans la cavité :

ρ̃k+ 1
3

= Dk−Nr ρ̃k.

D'après la façon dont a été calculé αk−Nr, on a

E(d(ρc, ρ̃k+ 1
3
)|ρ̃k) ≤ d(ρc, ρ̃k); (II.79)

2. Il faut alors prendre en compte la relaxation sur l'intervalle Ta :

ρ̃k+ 2
3

= Tρ̃k+ 1
3
;

3. L'atome (k + 1) est ensuite détecté, permettant au �ltre quantique H d'actualiser
son estimation du champ en fonction du résultat de cette mesure :

ρ̃k+1 = Mk+1 ρ̃k+ 2
3
.

D'après l'équation (II.37), après la mesure, en moyenne, l'état ne s'éloigne ni ne se
rapproche de la cible :

E
(
d (ρc, ρ̃k+1) |ρ̃k+ 2

3

)
= d

(
ρc, ρ̃k+ 2

3

)
. (II.80)

Remarquons alors que s'il n'y avait pas de relaxation, i.e. si ρ̃k+ 2
3

= ρ̃k+ 1
3
, nous

aurions la relation

E (d(ρc, ρ̃k+1)|ρ̃k) ≤ d(ρc, ρ̃k),

et donc 0 ≤ E (d(ρc, ρ̃k+1)) ≤ E (d(ρc, ρ̃k)) ≤ 1, (II.81)

prouvant ainsi la convergence de notre loi de contrôle vers l'état cible |nc〉, puisque
nous nous sommes par ailleurs assurés, via les conditions �b� des contrôles �Dis-
tance� ou �Fidélité�, que les points �xes de la boucle sont �proches� de |nc〉〈nc|.
Les démonstrations mathématiques de la convergence de chacune des deux lois de
contrôle sont données dans [103, 104, 105].
Malheureusement, si la relaxation peut rapprocher de la cible l'état du champ, par
exemple si ρ = |nc + 1〉〈nc + 1|, elle peut aussi l'en éloigner si ρ = |nc〉〈nc|. Nous ne
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Système

Filtre quantique

Régulateur

Imperfections :
- temps de vie,
- erreurs de détection, …

Filtre
quantique

Mesure faible

Mémoire

Figure II.7 � Boucle de rétroaction quantique retardée. Comparé à la boucle Fig. II.2,
un �ltre quantique supplémentaire Hr est chargé de prendre en compte les Nr atomes et
injections de retard. Le �ltre ne peut par ailleurs plus calculer ρk+1 par une relation de
récurrence à partir de ρk mais à partir de ρ̃k =Hkρ0 seulement. C'est donc cette dernière
qu'il garde en mémoire à chaque itération.

pouvons donc pas écrire de lois de la forme (II.79) pour le passage de ρ̃k+ 1
3
à ρ̃k+ 2

3
,

et la loi (II.81) tombe. Nous ne sommes plus assurés de la convergence vers |nc〉.
Ici encore, il apparaît que notre boucle de rétroaction ne pourra être e�cace que
si elle corrige l'état du champ en des temps plus courts que celui nécessaire à la
relaxation pour détruire l'état cible, i.e. son temps de vie Tnc = Tcav/nc ;

4. Avant de pouvoir calculer la correction αk+1 à appliquer au cours de l'itération (k+1),
le �ltre quantique Hr doit �nalement estimer l'état ρk+1 du champ tel qu'il est au
moment du calcul :

ρk+1 =H(r)
k+1ρ̃k+1.

II.2 Simulations numériques

Maintenant que nous disposons du principe d'une rétroaction quantique sur notre sys-
tème quantique, et avant d'en voir la transcription expérimentale, il nous faut en tester la
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faisabilité au vu des imperfections expérimentales (relaxation et retard de la boucle) via
des simulations numériques. Nous aurons alors l'occasion de choisir les valeurs numériques
de la matrice Γ(nc) utilisée dans le contrôle �Distance�.

Dans un premier paragraphe, nous détaillerons la façon dont ont été faites ces simula-
tions, avant d'en donner les résultats dans les paragraphes suivants. Le choix de la loi de
contrôle sera alors fait.

II.2.1 Méthode Monte-Carlo

Les simulations que nous avons réalisées sont basées sur l'utilisation de méthodes dites
Monte-Carlo quantiques [106, 107]. Une succession de tirages aléatoires est réalisée a�n de
simuler l'incertitude classique ou quantique telle qu'elle se manifeste dans nos expériences :

� lors du processus de relaxation, succession de sauts quantiques aléatoires, i.e. créa-
tions ou destructions d'un photon dans la cavité, dont la statistique est contrôlée par
le temps de vie Tcav des photons dans le champ piégé et la température T ,

� lors d'une mesure sur un système quantique, en l'occurrence une mesure de l'état
d'une sonde atomique, dont la statistique des résultats doit être connue,

� lors de la préparation d'un échantillon atomique dont l'occupation est régie par une
statistique poissonienne.

Pour pouvoir simuler une trajectoire quantique telle que décrite ci-dessous, il nous faudra
donc calculer simultanément deux matrices densité di�érentes :

� L'une dite réelle, qui correspond à la matrice densité du champ connue par un
observateur omniscient, et que l'on notera ρ(R). Ici, cela signi�e que l'observateur
est capable de détecter l'émission d'un photon vers l'environnement (saut quan-
tique |n〉 7→ |n− 1〉) ou la création d'un photon dans la cavité (saut quantique
|n〉 7→ |n+ 1〉), et d'actualiser sa connaissance du système en conséquence. Il n'y a
alors pas de processus de décohérence associé à la relaxation, et si le champ est initia-
lement préparé dans un état pur, il reste dans un état pur tout le long de la trajectoire
quantique : l'observateur a une connaissance parfaite du système. Connaissant ρ(R),
nous pourrons donc prédire la statistique des résultats d'une mesure d'un atome de
Rydberg ayant sondé le champ dans la cavité, et ainsi, par une succession de lancés
de dés respectant cette statistique, simuler une trajectoire quantique individuelle ;

� L'autre dite estimée, qui correspond à la matrice densité du champ connue par un
observateur réel, i.e. un observateur tel que nous le serons lors de la réalisation expé-
rimentale de la rétroaction. Cet observateur n'a pour informations que les résultats
des détections atomiques, et ne peut prendre en compte la relaxation du champ que
par des procédés de type équation pilote. Cette fois, la relaxation induit bel et bien
de la décohérence : l'état estimé initialement pur devient �nalement un mélange sta-
tistique. Cette matrice densité estimée n'est rien d'autre que la matrice densité ρk
dont la méthode de calcul a été donnée au paragraphe précédent.

Détaillons maintenant les trajectoires quantiques simulées et précisons à chaque étape
comment sont calculées ρ(R)

k et ρk. Comme nous l'avons précisé précédemment, ρk est en
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fait calculée à partie de ρ̃k via l'expression :

ρk =H(r)
k ρ̃k.

Contrairement à ρk, ρ̃k peut être calculée par récurrence.

1. Au début de la trajectoire quantique, le champ est préparé dans l'état cohérent
contenant nc photons en moyenne :

ρ0 = ρ
(R)
0 = |α =

√
nc〉〈α =

√
nc|; (II.82)

2. Après le passage de l'atome k par la cavité, les matrices densité décrivant l'état
du champ sont les matrices ρ̃k et ρ(R)

k . La correction qui est alors appliquée est la
correction αk−Nr . Si nous utilisons l'expression exacte 6 de D(α) pour le calcul de
ρ

(R)
k , ρ̃k est calculé via le déplacement à l'ordre 2 en α (II.47) :

ρ
(R)

k+ 1
3

= D(αk−Nr) ρ
(R)
k D(−αk−Nr) ρ̃k+ 1

3
= Dk−Nr ρ̃k; (II.83)

3. La relaxation sur la durée Ta doit alors être prise en compte [30]. Les probabilités p+ et
p− qu'il y ait un saut quantique qui crée ou détruise, respectivement, un photon dans
la cavité doivent d'abord être calculées. En reprenant les notations du paragraphe
I.1.2.b, les opérateurs de saut associés sont respectivement

L+ =
√
κ+a

† L− =
√
κ−a, (II.84)

et les probabilités de sauts qui en découlent sont

p+ = κ+TaTr
(
aa†ρ

(R)

k+ 1
3

)
p− = κ−TaTr

(
a†aρ

(R)

k+ 1
3

)
. (II.85)

On dé�nit par ailleurs l'opérateur J et la probabilité p0 qu'il n'y ait pas de saut :

J =
1

2

(
L†+L+ + L†−L−

)
=

1

2

(
κ+aa

† + κ−a
†a
)

(II.86)

p0 = 1− p+ − p− (II.87)

= Tr
(

(1− TaJ)ρ
(R)

k+ 1
3

(1− TaJ)
)
, (II.88)

où la dernière égalité est vraie à l'ordre 1 en Ta/Tcav.
Un nombre aléatoire 0 ≤ p ≤ 1 est alors tiré au sort :
� Si p ≤ p+, il y a un saut vers le haut :

ρ
(R)

k+ 2
3

=
κ+Ta
p+

(
a†ρ

(R)

k+ 1
3

a
)
, (II.89)

6. À la taille �nie de l'espace de Hilbert près.
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� Si p+ < p ≤ p+ + p−, il y a un saut vers le bas :

ρ
(R)

k+ 2
3

=
κ−Ta
p−

(
a ρ

(R)

k+ 1
3

a†
)
, (II.90)

� Si p+ + p− < p, il n'y a pas de saut quantique :

ρ
(R)

k+ 2
3

=
1

p0

[
(1− TaJ) ρ

(R)

k+ 1
3

(1− TaJ)
]
. (II.91)

La nature du saut, et même son existence, sont en revanche inconnues du �ltre
quantique en charge du calcul de ρ̃k+1. Il utilise donc un développement au premier
ordre en Ta/Tcav de l'équation de Lindblad (I.18) :

ρ̃k+ 2
3

= (1 + TaL) ρ̃k+ 1
3
; (II.92)

4. Lorsque l'atome (k+1) vient alors à être détecté, un premier tirage aléatoire est opéré
pour déterminer si l'échantillon atomique contient e�ectivement un atome. En e�et,
rappelons que les atomes de Rydberg sont préparés avec une statistique poissonienne,
avec une occupation moyenne na. Nous ne considérerons ici que les situations où na
est su�samment faible pour négliger la probabilité d'avoir plus d'un atome préparé.
On note Pa(n) la probabilité d'en avoir n :

Pa(0) = e−na ∼ 1− na Pa(1) = nae
−na ∼ na Pa(n ≥ 2)� 1. (II.93)

Si le résultat du tirage aléatoire prédit l'absence d'atomes, alors les matrices densité
sont inchangées :

ρ
(R)
k+1 = ρ

(R)

k+ 2
3

ρ̃k+1 = ρ̃k+ 2
3
. (II.94)

En revanche, si un atome a e�ectivement été préparé, les probabilités pe et pg de
mesurer |e〉 et |g〉, respectivement, sont calculées à partir de l'opérateur densité réel
ρ(R) :

pj = Tr
(
Mj ρ

(R)

k+ 2
3

M †
j

)
j = {e, g}. (II.95)

De même que nous l'avions fait pour le calcul de la relaxation, un nombre aléatoire
0 ≤ q ≤ 1 est tiré et comparé à pe et pg = 1− pe :
� si q ≤ pe, l'atome (k + 1) est détecté dans |e〉,
� sinon, l'atome est détecté dans |g〉.
Dans les deux cas, les matrices densité réelles et estimées sont actualisées ainsi, avec
j = {e, g} le résultat de la mesure :

ρ
(R)
k+1 =

Mj ρ
(R)

k+ 2
3

M †
j

pj
ρ̃k+1 =

Mj ρ̃k+ 2
3
M †

j

Tr
(
Mj ρ̃k+ 2

3
M †

j

) ; (II.96)

5. La dernière étape de la boucle consiste à calculer αk+1 connaissant ρk+1 =H(r)
k+1ρ̃k+1,

ce qui a d'ores et déjà été expliqué au paragraphe II.1.
Les étapes 2 à 5 sont alors répétées jusqu'à arrêt de la boucle. Les paragraphes suivants

sont dévolus aux résultats de ces simulations.
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II.2.2 Stabilisation d'un état de Fock

II.2.2.a Trajectoires quantiques

Simulons dans un premier temps une trajectoire quantique individuelle pour laquelle,
partant du champ cohérent

∣∣α0 =
√

3
〉
, nous cherchons à préparer l'état de Fock |nc = 3〉.

Les paramètres de la simulation sont les suivants.

Relaxation Le temps de vie d'un photon dans la cavité est Tcav = 65 ms, et le champ
thermique environnant contient nth = 0, 05 photon en moyenne ;

Préparation atomique En moyenne na = 0, 2 atomes sont préparés tous les Ta = 82µs,
à une vitesse v = 250 m · s−1. À cette vitesse, la boucle a un retard de Nr = 4 atomes ;

Mesure Le déphasage par photon utilisé est φ0 = π/4, et la phase des franges de Ramsey
est choisie telle que πe(nc = 3) = 0, 5, soit φr = ϕr(3). Nous considérons par ailleurs
des franges de contraste unité et sans décalage ;

Espace de Hilbert Pour la matrice densité estimée, les calculs sont faits avec un espace
de Hilbert de tailleN = 9, soit 8 photons au maximum dans la cavité. Cela correspond
au choix que nous aurons à faire expérimentalement. En revanche, pour le calcul de
la matrice densité réelle ρ(R), nous utilisons N = 22 de sorte à s'a�ranchir autant
que faire se peut de toute approximation, notamment lors du calcul du déplacement :
la troncature de l'espace doit se faire à des nombres de photons pour lesquels la
population 〈n|ρ(R)|n〉 est négligeable ;

Injections cohérentes L'injection maximale autorisée est αmax = 0, 1. Nous utiliserons
(voir III.2.1) par ailleurs une borne inférieure sur l'amplitude de la correction opérée,
et nous incorporons donc cette limite dans la simulation : αmin = 0, 001 ;

Lois de contrôle Pour la loi de contrôle �Distance�, nous utiliserons les paramètres :

n 0 1 2 3 4 5 6 7 ≥ 8

Γ
(3)
nn 0, 69 0, 45 0, 21 0 0, 26 0, 48 0, 66 0, 81 1

. (II.97)

Pour le contrôle �Fidélité�, le seuil est �xé à ε = 0, 1.

Les �gures II.8 et II.9 donnent les résultats de deux simulations 7 de trajectoires quan-
tiques obtenues avec les lois de contrôle �Fidélité� et �Distance� respectivement. Sur
chacune d'elles, la trajectoire quantique est stoppée au bout de 164 ms, correspondant à
2000 préparations atomiques. Nous traçons, de haut en bas :

� le résultat des détections atomiques,
� la distance à l'état cible calculée à partir de la matrice densité estimée ρk,
� les amplitudes des injections cohérentes, en échelle logarithmique (sgn(α) log |α|),
� les probabilités Pest(nc) et Préel(nc) d'avoir nc photons (en vert), Pest(n > nc) et
Préel(n > nc) d'en avoir plus (en bleu), et Pest(n < nc) et Préel(n < nc) d'en avoir
moins (en rouge), pour l'état estimé (en traits pleins) et pour l'état réel (en pointillés)
respectivement.

7. Bien que la ressemblance avec les �gures du chapitre IV soit troublante, il s'agit bien de simulations !
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a

b

c

d

e

Figure II.8 � Contrôle �Distance� : Trajectoire quantique individuelle de durée 164 ms
préparant et préservant l'état nombre |nc = 3〉. a. Résultats des détections atomiques :
une barre rouge vers le haut correspond à un atome dans |e〉, une barre bleue vers le
bas à |g〉. b. Distance d(ρc = |3〉〈3|, ρ) calculée pour la matrice densité estimée et la loi de
contrôle �Distance�. c. Amplitude des injections cohérentes en échelle logarithmique signée
(sgn(α) log |α|). d. Tracé de Pest(nc = 3, t) (vert), Pest(n > 3, t) (bleu) et Pest(n < 3, t)
(rouge). e. Tracé de Préel(nc = 3, t) (vert), Préel(n > 3, t) (bleu) et Préel(n < 3, t) (rouge).
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a

b

c

d

e

Figure II.9 � Contrôle �Fidélité� : Trajectoire quantique individuelle préparant et pré-
servant l'état nombre |nc = 3〉. a. Résultats des détections atomiques : une barre rouge
vers le haut correspond à un atome dans |e〉, une barre bleue vers le bas à |g〉. b. Distance
d(ρc = |3〉〈3|, ρ) calculée pour la matrice densité estimée et la loi de contrôle �Fidélité�.
c. Amplitude des injections cohérentes en échelle logarithmique signée (sgn(α) log |α|). d.
Tracé de Pest(nc = 3, t) (vert), Pest(n > 3, t) (bleu) et Pest(n < 3, t) (rouge). e. Tracé de
Préel(nc = 3, t) (vert), Préel(n > 3, t) (bleu) et Préel(n < 3, t) (rouge).
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Les caractéristiques des deux trajectoires sont semblables et les commentaires que nous
ferons sur la �gure II.8 seront donc aussi valables pour la �gure II.9. Au début de la
trajectoire, le champ préparé dans l'état cohérent

∣∣α0 =
√

3
〉
est à une distance d'environ

0, 3 de la cible. La rétroaction est donc activée pour amener le champ jusqu'à |3〉 en un
temps de l'ordre de 5 ms, pendant lesquelles des corrections exponentiellement décroissantes
sont réalisées. La distance à l'état cible tombe alors à une valeur basse, et la régulation
s'arrête. La boucle de rétroaction a préparé l'état de Fock désiré.

À environ t = 27 ms, le champ subit un saut quantique vers |2〉. Il se caractérise par
un brusque changement des populations Préel. Si jusqu'à présent, Pest était relativement
proche du champ réel, ce n'est plus le cas juste après le saut quantique. Il faudra quelques
millisecondes au �ltre quantique pour réaliser qu'il y a eu un saut, après quoi la distance
à l'état cible raugmente, réactivant ainsi la régulation. Pendant toute cette période, les
distributions réelles et estimées sont à nouveau très proches, prouvant ainsi que le �ltre
quantique est e�cace y compris quand les injections micro-ondes sont nombreuses. Notons
alors que malgré l'apparition d'un second saut quantique au cours de la correction, à
t = 39 ms, la boucle de rétroaction est �nalement capable, en un peu moins de 20 ms ici,
de restituer l'état de Fock désiré. Les deux sauts quantiques ultérieurs, à t ∼ 75 ms et
t ∼ 140 ms, sont corrigés de la même façon.

II.2.2.b Régime stationnaire

Nous simulons Nt = 1000 telles trajectoires quantiques pour chacune des deux lois de
contrôle. Nous cherchons tout d'abord à en extraire la distribution des nombres de photons
dans l'état stationnaire de la rétroaction. Pour cela, pour chacune des Nt trajectoires ainsi
obtenues, nous moyennons les distributions Pest et Préel sur toute la trajectoire, exceptés les
200 premiers paquets atomiques, i.e. à partir de t0 = 16 ms. Ces Nt distributions moyennes
obtenues sont �nalement moyennées entre elles, et le résultat est donné �gure II.10. Nous
y traçons sur le même graphe les distributions moyennées réelles et estimées (points et
histogrammes respectivement), ainsi que la distribution initiale correspondant au champ
cohérent |α0〉.

Aussi bien pour le contrôle �Distance� que pour le contrôle �Fidélité�, les distributions
obtenues sont clairement sub-poissoniennes, avec notamment :

〈Pest(nc = 3)〉 = 64% pour le contrôle �Distance�,

= 63% pour le contrôle �Fidélité�.

Les simulations prédisent donc, qu'en moyenne, la boucle de rétroaction quantique décrite
dans ce chapitre est bel et bien capable de préserver l'état de Fock |nc = 3〉, le champ y
restant plus de 60% de son temps, sur un intervalle de temps plus de 7 fois plus long que
son temps de vie.

Au vu des �délités estimées Pest(3) il semble par ailleurs que le contrôle �Fidélité� et le
contrôle �Distance� sont aussi e�caces l'un que l'autre. Deux remarques doivent toutefois
être faites.
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(a) Contrôle �Distance� (b) Contrôle �Fidélité�

Figure II.10 � Populations moyennes pour une boucle de rétroaction en régime station-
naire. Les histogrammes correspondent aux prédictions de la matrice densité estimée, les
points à celles de la matrice densité réelle. La ligne continue correspond à la distribution
des nombres de photons dans le champ cohérent initial

∣∣α =
√

3
〉
.

� Après un processus de moyenne, les distributions 〈Pest〉 et 〈Préel〉 doivent être iden-
tiques : une di�érence traduirait un défaut du �ltre quantique. Or si l'accord est
excellent avec le contrôle �Distance�, il n'en est rien avec le contrôle �Fidélité� :
Préel(nc) = 55% contre les 63% annoncés par le �ltre. En y regardant de plus près, il
apparaît que pour cette loi de contrôle, la probabilité (réelle) d'avoir plus de 8 pho-
tons dans la cavité est de près de 10%, alors qu'elle est négligeable avec la contrôle
�Distance�. Une des dérives du contrôle �Fidélité� semble donc être une tendance à
injecter trop de photons dans la cavité, ce que le �ltre quantique, avec son espace de
Hilbert de taille limitée, ne peut pas suivre. Une solution consisterait à ajouter un
critère supplémentaire lors du calcul de la correction à appliquer :
� Si 〈n〉 > nc + 1, 5, plus aucune correction n'est appliquée ;
� Le calcul des corrections standard reprend dès que 〈n〉 < nc + 1.

� Même si nous oublions pour un temps ce défaut, les distributions estimées pour
les deux lois de contrôle, qui partagent la même �délité à la cible, sont di�érentes
si nous comparons leurs déviations standards σ : 0, 30 pour le contrôle �Distance�
contre 0, 45 pour le contrôle �Fidélité�. Cela se traduit pour cette dernière par des
populations des nombres de photons n �très� di�érents de nc, i.e. |n− nc| ≥ 2, plus
élevées. C'est particulièrement le cas pour Pest(7), de plus de 2% avec le contrôle
�Fidélité� contre moins de 0, 4% avec le contrôle �Distance�. Notons que le fait que
P (7) soit plus élevé que P (6) ou P (5) par exemple peut s'expliquer par le fait qu'il
s'agit, comme nous l'avons déjà vu, du nombre de photons �mesuré� de la même
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(a) Contrôle �Fidélité�, et ajustement exponen-

tiel de paramètre τ = (1, 95± 0, 02) ms.
(b) Contrôle �Distance�, et ajustement exponen-

tiel de paramètre τ = (1, 92± 0, 02) ms.

Figure II.11 � Évolution temporelle de la distribution Pest moyennée sur 1000 trajec-
toires quantiques individuelles. Pest(nc = 3, t) est tracé en vert, Pest(n > nc, t) en bleu et
Pest(n < nc, t) en rouge. La courbe noire est un ajustement exponentiel de P (nc), de temps
caractéristique τ donné dans les sous-légendes.

façon que la cible (πg(φr = ϕr(3)|3) = πg(ϕr(3)|7)).
Ainsi, l'analyse des distributions stationnaires obtenues semble plaider en faveur de la

loi de contrôle �Distance�.

Nous traçons �nalement �gure II.11 l'évolution temporelle, aux temps courts, de la
distribution Pest moyennée sur les mêmes 1000 trajectoires quantiques individuelles pour
les deux lois de contrôle. Nous mettons ainsi en évidence le temps nécessaire à la rétroaction
pour atteindre son état stationnaire à partir du champ cohérent |α0〉. Aussi bien pour le
contrôle �Distance� que pour le contrôle �Fidélité�, Pest(nc, t) est bien ajusté par une
exponentielle décroissante, de temps caractéristique de l'ordre de τ = 2 ms. Les 500µs
initiales où la distribution n'évolue quasiment pas correspondent au temps moyen nécessaire
à détecter un atome t1 = Ta/na = 410µs.

II.2.3 Préparation d'un état de Fock

Jusqu'à présent, nous ne nous sommes intéressés qu'au régime stationnaire de notre
rétroaction quantique. Cela revient à regarder à un instant pris au hasard la distribution
du nombre de photons dans la cavité. L'objectif étant maintenant de préparer avec une
�délité aussi élevée que possible l'état de Fock désiré |nc〉, il faut dé�nir un critère d'arrêt
de la boucle qui dépende de l'état instantané estimé du champ. Dans ce paragraphe, nous
simulons des expériences où l'on arrête la rétroaction quand le critère suivant est véri�é :

Pest(nc) ≥ 80%, (II.98)
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et ce pour trois itérations successives de la boucle.
500 trajectoires quantiques sont simulées de la sorte. Nous donnons �gure II.12 la

distribution des nombres de photons dans la cavité, pour un état ainsi préparé. Comme
attendu, il apparaît clairement que la �délité à l'état cible est maintenant plus élevée
que quand nous arrêtions la boucle à un instant aléatoire, puisqu'elle atteint 82% pour le
contrôle �Distance� et 80% pour le contrôle �Fidélité�. Notons cependant qu'une nouvelle
fois les populations des nombres de photons plus grands que 8 ne sont pas négligeables avec
le contrôle �Fidélité�, la probabilité d'avoir plus que 8 photons s'élevant cette fois à près
de 5%. Malgré tout, les simulations nous laissent donc présupposer qu'une telle boucle de
rétroaction doit pouvoir préparer l'état nombre désiré avec une bonne �délité.

Pour conclure ce paragraphe, nous traçons �gure II.13 le taux de succès en fonction du
temps, i.e. la proportion de trajectoires ayant satisfait le critère (II.98) à un instant t donné,
toujours à partir de 500 trajectoires quantiques. Aussi bien pour le contrôle �Distance�
que pour le contrôle �Fidélité�, 1− e−1 = 63% des trajectoires ont convergé en 7 ms. Aux
temps longs cependant, le contrôle �Distance� apparaît plus e�cace.

II.2.4 Choix de distance

Les simulations que nous venons de réaliser nous indiquent que la boucle de rétroaction
quantique que nous avons dé�nie au paragraphe précédent devrait permettre de préparer
l'état de Fock |3〉 en un temps relativement court (7 ms) et avec une bonne �délité (80%),
ainsi que de le protéger contre la décohérence. L'e�cacité avec laquelle la rétroaction opère
dépend cependant du choix de la loi de contrôle. Si la di�érence entre les deux lois utilisées
est faible au niveau des temps de convergence, les distributions moyennes stationnaires
obtenues ont mis en évidence un défaut majeur du contrôle �Fidélité� : la surinjection de
photons évoquée au paragraphe II.2.2.a résulte en une mauvaise estimation de l'état du
champ par le �ltre, trop à l'étroit dans son espace de Hilbert de taille �nie. Les résultats
expérimentaux du chapitre IV viendront con�rmer ces conclusions.

Avant de tester expérimentalement la rétroaction quantique avec le contrôle �Distance�,
il nous faut �xer les valeurs numériques des matrices Γ(nc), pour les états cibles |1〉, |2〉, |3〉,
et |4〉. C'est en répétant ces simulations que nous avons optimisé ce choix. Les résultats
ont déjà été tracés �gure II.6, nous en donnons les valeurs numériques dans le tableau II.1.

n 0 1 2 3 4 5 6 7 8 n ≥ 8

Γ
(1)
nn 0,12 0 0,36 0,57 0,72 0,83 0,92 1 1 1

Γ
(2)
nn 0,37 0,18 0 0,33 0,56 0,74 0,88 1 1 1

Γ
(3)
nn 0,68 0,45 0,21 0 0,30 0,53 0,71 0,87 1 1

Γ
(4)
nn 1 0,73 0,45 0,21 0 0,26 0,48 0,66 0,81 1

Table II.1 � Choix des valeurs numériques des matrices Γ(nc), pour 1 ≤ nc ≤ 4.
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(a) Contrôle �Distance� (b) Contrôle �Fidélité�

Figure II.12 � Distributions Pest(n) (histogrammes) et Préel(n) (points) obtenues par
interruption de la rétroaction quantique selon le critère (II.98).

Figure II.13 � Taux de convergence de la boucle de rétroaction en fonction du temps. Avec
le contrôle �Distance� (en bleu) et le contrôle �Fidélité� (en rouge). Les deux courbes sont
calculées à partir de 500 trajectoires quantiques.
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Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons exposé dans un premier temps comment il est possible
d'adapter les idées répandues des boucles de rétroaction de la physique classique au monde
quantique, a�n de contrôler de façon active l'état d'un système quantique, en l'occurrence
un champ micro-onde piégé dans une cavité Fabry-Pérot. L'élaboration d'un protocole de
rétroaction quantique a nécessité le franchissement de plusieurs di�cultés, et en premier
lieu celui de la mesure en mécanique quantique, dont les e�ets en retour sur le système sondé
sont inévitables. L'utilisation des mesures faibles déjà introduites au chapitre précédent a
permis de résoudre ce premier problème : elles fournissent une information partielle sur le
système mais le perturbent de façon minimale.

Pour amener le champ micro-onde sondé en continu par des atomes de Rydberg circu-
laires vers l'état cible, nous avons opté pour l'utilisation de faibles injections de champs co-
hérents. Pour choisir le déplacement optimal, il nous a alors fallu dé�nir une �ltre quantique
capable d'estimer en temps réel la matrice densité du champ, compte tenu des détections
atomiques, des choix de correction précédents, de toutes les imperfections expérimentales,
et du retard à l'acquisition de l'information, dû au temps de vol �ni nécessaire aux atomes
pour le passage de la cavité au détecteur à ionisation.

Une fois la matrice densité du champ donnée, les amplitudes des corrections sont alors
choisies de sorte à minimiser la distance à l'état cible. Nous avons alors dû donner la
dé�nition de cette distance. Nous avons commencé par �xer l'ensemble des contraintes
imposées à la distance à construire, puis nous en avons déduit que celle-ci ne pouvait
prendre qu'une forme simple, dé�nie par la donnée seule d'une matrice diagonale dans la
base des états propres de la mesure, i.e. des états de Fock. Deux formes particulières ont
alors été choisies, et pour chacune d'elle, une loi de contrôle permettant le calcul explicite
des amplitudes de champs cohérents à injecter.

Une fois la boucle de rétroaction quantique construite, nous avons dans une seconde
partie simulé, à partir de méthodes Monte-Carlo quantiques, une expérience consistant en
la préparation et la stabilisation de l'état nombre |3〉. Les �délités élevées obtenues, ainsi
que les temps de préparation relativement courts, nous laissent présager qu'une réalisation
expérimentale est possible, pour les états nombre |1〉 à |4〉, malgré le temps de vie limité
des photons dans la cavité. Les chapitres suivants y sont consacrés.



Chapitre III

La rétroaction quantique

expérimentalement

Dans le chapitre précédent, nous avons décrit le principe théorique de la rétroaction
quantique que nous souhaitons maintenant mettre en place expérimentalement. Une telle
réalisation n'a été rendue possible que par l'acquisition d'un nouvel ordinateur de contrôle,
capable de modi�er en temps réel la séquence expérimentale. Dans un première partie,
nous donnerons une description de son fonctionnement et identi�eront les tâches qu'il aura
à accomplir : détection des atomes et injections micro-ondes. L'ancien système de contrôle
restant en grande partie utilisé, nous aurons également à expliquer comment les deux
systèmes ont été synchronisés a�n de pouvoir fonctionner simultanément.

Une fois le système de contrôle décrit, nous présenterons dans une seconde partie toutes
les calibrations nécessaires au bon fonctionnement de la rétroaction. Plusieurs paramètres
expérimentaux interviennent en e�et directement dans les calculs du �ltre quantique, et ils
doivent donc être mesurés de façon précise. Le taux d'injection des champs micro-ondes,
l'e�cacité de détection, les imperfections de l'interféromètre et le déphasage par photon
seront ainsi quanti�és.

Dans la troisième partie du chapitre, nous nous intéresserons à certaines autres imper-
fections expérimentales qui ne sont pas prises en compte dans les calculs du �ltre. Nous
devrons notamment nous assurer qu'elles sont su�samment petites pour pouvoir être né-
gligées.

Au vu des résultats des deux premières sections, nous aurons en�n dans une quatrième
partie à modi�er le �ltre quantique dé�ni au chapitre précédent. Les contraintes sur le
temps de calcul, imposées par le dispositif expérimental, et les imperfections du détecteur
et de l'interféromètre seront alors prises en compte.

III.1 Un nouvel ordinateur de contrôle

Les précédentes expériences réalisées dans le groupe utilisaient un logiciel de contrôle
développé par Stefan Kuhr et Samuel Deléglise. Une séquence expérimentale, essentiel-

97
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Carte National Instruments

Ordinateur ADwin

- Temps entre deux atomes
- Nombre total d’atomes
- Nombre total de séquences 
jouées
- Réglage des sources micro-
ondes (fréquence et 
puissance)

Autres paramètres :

Figure III.1 � Répartition des tâches entre les deux systèmes de contrôle. Les �èches sym-
bolisent la trajectoire d'un atome dans le dispositif, et les di�érents événements, contrôlés
par le système National Instruments (pré-programmé) ou le système ADwin (temps réel),
sont énumérés. Les paramètres généraux contrôlés par la carte NI sont aussi donnés. No-
tons que la phase de l'interféromètre n'est contrôlé par ADwin que dans certains cas bien
particuliers (voir texte).

lement composée d'une succession d'impulsions digitales et de sorties analogiques, était
pré-programmée puis enregistrée dans la mémoire tampon d'une carte, développée par Na-
tional Instruments (NI). Celle-ci était alors chargée de jouer la séquence a posteriori sans
possibilité d'intervention de la part de l'utilisateur. Il a donc fallu utiliser et développer
une nouvelle architecture matérielle et logicielle pour pouvoir réaliser nos expériences de
rétroaction quantique, pour lesquelles pré-programmer une séquence est bien évidemment
impossible.

Le nouvel ordinateur de contrôle que nous avons utilisé est une unité �ADwin Pro-
II� développée par Jäger Messtechnik. Dans la suite du manuscrit, nous la désignerons
simplement sous le nom �ADwin�. Son rôle est de réaliser la partie purement �rétroaction�
de l'expérience, le reste de la séquence expérimentale restant programmé au préalable sur le
système NI. La �gure III.1 donne schématiquement la répartition des tâches entre les deux
systèmes de contrôle. Il faut noter essentiellement que la structure globale d'une séquence
reste pré-programmée. Au niveau d'une part d'un échantillon atomique seul, toutes les
étapes de sélection de vitesse, d'excitation dans les niveaux de Rydberg circulaires et de
manipulation de l'état interne dans les zones de Ramsey voient tous leurs paramètres, y
compris le minutage, dé�nis au préalable. D'autre part, le temps séparant deux échantillons
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atomiques, le nombre total d'échantillons par séquence, et le nombre de fois qu'est répétée
une séquence sont contrôlés par le système NI. Au niveau de la détection en revanche, si
la forme de la rampe d'ionisation, l'instant auquel elle est déclenchée et la dé�nition des
fenêtres de détection déjà rencontrées au paragraphe I.2.3 restent dé�nis par la carte NI,
le comptage e�ectif des atomes revient à l'ADwin : la sortie du détecteur à ionisation est
reliée au nouvel ordinateur de contrôle (voir aussi paragraphe III.1.2). Le rôle principal du
système temps réel consiste toutefois à contrôler les injections micro-ondes faites dans la
cavité supraconductrice. Cela requiert, comme nous l'avons déjà vu au paragraphe I.1.2.b et
comme nous le verrons plus en détail au paragraphe III.1.3, l'usage d'interrupteurs rapides
sur le circuit micro-onde. Nous utilisons pour cela des diodes PIN à contrôle TTL : les
signaux digitaux ouvrant ou fermant les diodes utilisées seront donc générés par l'ADwin.
Précisons par ailleurs que dans certaines expériences bien particulières (voir paragraphe
IV.2.3), nous aurons besoin de laisser au nouvel ordinateur de contrôle le réglage de la
phase de l'interféromètre, mais que celui-ci est en général fait par le système NI.

Notons pour �nir que le logiciel de contrôle de l'ADwin, quant à lui, a été développé en
interne par Igor Dotsenko. Dans cette section, nous décrirons dans un premier temps l'unité
en tant que telle. Nous détaillerons notamment la façon dont elle contrôle la détection des
atomes et les injections micro-ondes. La synchronisation des deux systèmes de contrôle sera
alors présentée dans une dernière sous-partie.

III.1.1 Description générale

Comme nous l'avons vu au chapitre II, et notamment sur la �gure II.7, l'ordinateur en
charge de la rétroaction se doit de réaliser le calcul puis l'injection des champs cohérents
de contrôle, au vu notamment des résultats des détections atomiques. Trois éléments le
composent donc essentiellement, dévolus respectivement à chacune de ces opérations (voir
�gure III.2).

La carte du processeur central, ou CPU C'est à ce niveau que tous les calculs néces-
saires au choix des corrections sont faits : le �ltre quantique et le régulateur y sont
matérialisés.
Le processeur central est cadencé à 300 MHz. Ce n'est donc pas un processeur rapide,
mais il présente l'avantage d'avoir une bonne stabilité temporelle : le temps séparant
deux opérations successives est ainsi bien dé�ni. En outre et surtout, le temps de ré-
ponse à une requête est très précis et très court 1, à savoir (300±30) ns. C'est un atout
certain pour nos expériences où contrôler le temps de calcul et la synchronisation des
di�érents éléments est crucial.
La carte CPU dispose par aileurs d'une mémoire interne de 250 kB, à accès rapide,
et d'une mémoire externe de 250 MB, à temps d'accès plus longs et moins stables.
L'espace total est donc amplement su�sant pour stocker à la fois les di�érentes
matrices et autres variables nécessaires à un calcul rapide, et le code source. Ce

1. Contrairement à tout ordinateur �standard� sous Linux, Mac, Windows. . .
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CPU Compteur

DIO32 Sorties 
analogiques

Event IN

Figure III.2 � Vue de la façade du nouvel ordinateur de contrôle ADwin Pro-II. Cinq
types de cartes sont utilisés : en rouge, la carte CPU contenant le processeur principal, dont
l'entrée �Event IN� est indiquée par une �èche (voir texte) ; en bleu la carte compteur ;
en vert la carte DIO32 à 32 entrées/sorties digitales ; en orange, une carte à 8 sorties
analogiques ; les trois cartes restantes, utiles pour la génération de signaux analogiques
rapides, n'ont pas été utilisées dans les travaux présentés ici.

dernier est pré-compilé sur un ordinateur externe, et seuls les �chiers binaires sont
donc en mémoire de l'ADwin.

Une entrée digitale �Event IN� permet en�n la synchronisation de l'exécution du
code avec l'ancienne architecture expérimentale. Le programme est en e�et composé
de plusieurs processus, le passage de l'un à l'autre étant réglable à l'envi, processus
eux-mêmes divisés en événements. Une impulsion reçue sur l'entrée �Event IN� per-
met de déclencher un événement, par exemple une itération entière de la boucle de
rétroaction. Nous désignerons dorénavant un tel signal par �impulsion événement� ;

La carte entrées/sorties digitales, ou DIO32 32 entrées ou sorties digitales sont dis-
ponibles. C'est grâce à elles que nous contrôlerons l'amplitude et la phase des injec-
tions, via des signaux TTL adressés aux diodes PIN déjà évoquées.

Cette carte possède sa propre horloge, qui devra donc être synchronisée avec celle du
CPU, et une pile FIFO, accessible par la carte CPU, dans laquelle sont stockés des
couples de la forme :

(x, t) où x est un nombre binaire donnant l'état des sorties digitales,
et t le temps d'horloge auquel le nombre x devra être réalisé.

À chaque fois qu'un élément de la pile est réalisé, l'horloge de la carte est remise à
zéro. L'instant auquel la carte doit produire le nombre x est donc donné relativement
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aux événements précédents 2. Précisons par ailleurs que si le couple (x, t) est lu par la
carte alors que son horloge indique un temps th > t, le nombre x est immédiatement
réalisé et l'horloge remise à zéro ;

La carte compteur C'est à ce niveau que les atomes |e〉 ou |g〉 sont comptés. Elle res-
semble beaucoup à la carte DIO32 en ce sens qu'elle possède elle aussi sa propre
horloge et sa propre pile FIFO, accessible par la carte CPU. La section III.1.2 en
donnera quelques détails, ainsi que la façon dont elle fut synchronisée avec l'archi-
tecture expérimentale déjà existante.

En réalité, l'ordinateur ADwin pourrait à lui seul contrôler l'ensemble du dispositif
expérimental, i.e. remplacer intégralement l'ancienne architecture matérielle. C'est dans
un souci de simplicité que nous nous sommes contentés de modi�er au minimum le système
expérimental : l'ADwin ne contrôle que les interrupteurs rapides du circuit micro-onde de
la cavité supraconductrice, permettant comme nous le verrons au paragraphe III.1.3 le
contrôle de l'amplitude et de la phase des injections. Le comptage 3 des atomes lui revient
également. En vue d'expériences futures, et comme on peut le voir sur la �gure III.2, quatre
autres cartes sont donc d'ores et déjà en place :

Carte sortie analogique 8 sorties analogiques �lentes� sont disponibles (résolution ∼
2µs). Comme nous le verrons au chapitre suivant, cette carte nous sera utile pour
contrôler en temps réel la phase de mesure de l'interféromètre de Ramsey ;

Cartes FastDAC Au nombre de trois, il s'agit de cartes DIO32 dotées d'un processeur
et d'une mémoire tampon propres, et qui seront couplées à terme avec des convertis-
seurs numérique/analogique, permettant de générer des signaux analogiques rapides
(résolution de 120 ns, par exemple pour les rampes de champ électrique au moment
de la circularisation des atomes).

Dans les prochaines sections, nous nous intéresserons plus en détails à la façon dont
l'ordinateur de contrôle détecte les atomes et contrôle les injections micro-ondes. Nous
exposerons �nalement la façon dont est faite la synchronisation entre les di�érentes cartes
de l'ADwin, et entre l'ADwin et le reste de l'expérience.

III.1.2 Détections atomiques

III.1.2.a Fonctionnement des cartes compteur

Nous avons déjà donné au paragraphe I.2.3 le principe de fonctionnement du détecteur à
ionisation. Nous avons également vu comment, à partir de fenêtres temporelles, nous étions
capables de compter les atomes dans les états |e〉 ou |g〉, selon l'instant auquel l'électron
d'ionisation était détecté. Voyons ici comment cela est fait en pratique.

2. Il est aussi possible de faire fonctionner la carte dans un mode où le temps t est donné de façon
absolue, l'horloge n'étant pas réinitialisée après un événement. Cependant nous n'utiliserons pas ce mode
dans les travaux présentés ici.

3. Et le comptage seul : le déclenchement de la rampe d'ionisation et la dé�nition des fenêtres de
détections sont toujours du ressort du système NI.



102 Chapitre III. La rétroaction quantique expérimentalement

a.

b.

c.

Figure III.3 � Comptage des atomes en mode �Comptes�. a. Signaux TTL reçus sur
l'entrée �Compteur� de la carte du même nom. Chaque impulsion correspond à un atome
détecté par le détecteur à ionisation. b. Signaux TTL reçus sur l'entrée �Porte� de la carte
compteur. Elles dé�nissent deux fenêtres de détection (en grisé), l'une pour les atomes |e〉,
l'autre pour les atomes |g〉. c. À chaque impulsion porte reçue, le nombre n de comptes est
enregistré. La di�érence entre deux comptes successifs donne le nombre d'atomes détectés
dans la fenêtre temporelle correspondante. Ici, ne = 4 atomes |e〉 et ng = 7 atomes |g〉 sont
détectés.

Les cartes compteur dont nous disposons, aussi bien pour l'ADwin que pour l'ancien
ordinateur de contrôle, fonctionnent via deux entrées digitales :

� une entrée �Compteur�, reliée à la sortie du détecteur à ionisation qui génère une
impulsion TTL à chaque détection d'un atome,

� une entrée �Porte�, dont l'utilité est donnée ci-après.
À un instant t0 donné, l'horloge interne de la carte compteur est déclenchée : chaque

impulsion TTL reçue sur l'entrée �Compteur� est alors comptée en incrémentant un entier
n. Deux modes de fonctionnement peuvent être utilisés :

Comptes Dans ce mode, l'entier n est enregistré dans une pile FIFO à chaque impulsion
reçue sur l'entrée �Porte� de la carte (voir �gure III.3). La di�érence entre deux
éléments successifs de la pile est alors le nombre d'atomes détectés dans la fenêtre
dé�nie par les deux dernières impulsions porte. C'est avec quatre telles impulsions,
envoyées au début et à la �n de chaque fenêtre de détection, que nous comptons le
nombre d'atomes |e〉 ou |g〉 présents dans un paquet atomique ;

Temps d'arrivée Tous les p cycles de l'horloge, soit typiquement 10 à 100 ns, l'entier n
est enregistré dans la pile. La di�érence entre deux éléments successifs de la pile est
alors le nombre d'atomes détectés en p cycles d'horloge. C'est ce mode qui est utilisé
pour tracer l'évolution temporelle du nombre d'atomes reçus par unité de temps.
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Figure III.4 � Comparaison des comptes et des franges de Ramsey obtenues avec les cartes
compteur National Instruments (points) et ADwin (traits continus). a. Nombres d'atomes
|e〉 (bleu) et |g〉 (rouge) détectés en unité arbitraire. b. Nombre total d'atomes détectés
dans les mêmes unités que a. c. Probabilité de détecter un atome dans |g〉. L'origine des
abscisses est arbitraire.

III.1.2.b Synchronisation des cartes compteur

Avant de lancer à proprement parler une expérience de rétroaction quantique, de nom-
breux tests et calibrations doivent être réalisés, l'objet de ce chapitre étant d'en rendre
compte. Notons alors que toutes ces expériences préliminaires sont faites avec l'ancien
contrôle de l'expérience uniquement. Pour que les conclusions que nous en tirons soient
toujours valables quand nous laisserons l'ADwin détecter les atomes, il faut que les deux
cartes compteurs, i.e. de l'ancienne (National Instruments) et de la nouvelle (ADwin) ar-
chitecture, soient en parfait accord.

D'après ce qui précède, un tel accord semble aisé à réaliser : il su�t d'envoyer les mêmes
impulsions porte aux deux cartes compteur. Ce n'est malheureusement pas aussi simple. Il
peut en e�et y avoir un temps de latence entre le moment où l'impulsion porte est reçue
et le moment où le nombre de comptes est e�ectivement lu. Et ce temps de latence, qui
dépend du matériel utilisé et du logiciel de contrôle, n'est bien évidemment a priori pas
le même pour les deux systèmes de détection. Un possible délai existe donc entre les deux
systèmes. Si tel est le cas, des atomes détectés dans |e〉 par un système sont détectés dans
|g〉 par l'autre : à nombre total d'atome �xé, la proportion d'atomes dans |e〉 depend de la
carte compteur utilisée.

Pour s'assurer que ce délai n'est pas trop grand et que cela n'est donc pas dommageable
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Figure III.5 � Circuit micro-onde : une source micro-onde classique à 12 GHz est reliée à
l'entrée d'une diode PIN simple entrée/simple sortie, ouverte ou fermée via un signal digital
sa. La durée de l'impulsion TTL contrôle l'amplitude du champ injecté. La sortie de la
diode SPST est reliée à l'entrée d'une diode simple entrée/double sortie, contrôlée par deux
signaux digitaux s0 et sπ. Dans l'une des voies de sortie, un déphaseur induit un déphasage
de π/4 par rapport à l'autre branche. L'onde passe �nalement par un quadrupleur de
fréquence avant d'être injectée dans les guides d'onde de la cavité.

pour notre expérience, nous enregistrons un signal de franges de Ramsey, en utilisant
simultanément la carte National Instruments et la carte ADwin. Les résultats sont donnés
�gure III.4. Il apparaît clairement que la di�érence entre les deux franges est négligeable.
Toutefois la carte ADwin détecte systématiquement moins d'atomes que la carte NI, la
di�érence étant de l'ordre de 3%. Ce désaccord ne peut pas être expliqué par un décalage
temporel des fenêtres de détection, puisque ce défaut touche aussi bien les comptes dans
|e〉 que dans |g〉. Un faible taux de comptes est donc manqué par la carte ADwin, mais là
encore dans une proportion su�samment faible pour pouvoir être oublié.

Notons �nalement qu'une estimation plus précise du délai entre les deux systèmes,
donnée dans l'annexe A, fait apparaître un retard de l'ordre de 50 ns seulement du système
NI par rapport à l'ADwin. Il est en particulier plus faible que la résolution avec laquelle
les fenêtres de détection peuvent être contrôlées (100 ns).

III.1.3 Injections micro-ondes

Attardons nous maintenant sur la façon dont sont contrôlées les injections de champ
micro-onde. Nous avons déjà vu au chapitre I comment l'utilisation de diodes PIN dirigées
par signal TTL permet de choisir l'amplitude des injections. Précisons ici ce qu'il en est
du contrôle de la phase.
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FI
FO

Figure III.6 � Séquence de signaux digitaux pour l'injection d'un champ d'amplitude et
phase contrôlées. Bandeau supérieur : Succession des couples nombre binaire/temps inscrits
dans la pile FIFO et permettant la réalisation de la séquence donnée ici. Le nombre binaire
est sMW = [sas0sπ]. Traces : Évolution temporelle des signaux digitaux sa (noir), s0 (rouge)
et sπ (bleu) permettant d'injecter pendant une durée tinj un champ de phase 0. L'avance
ta est dé�nie dans le texte.

Au chapitre II, nous avons expliqué que nous pouvions nous contenter d'injections
réelles pour réaliser notre boucle de rétroaction. Cela signi�e que la phase des champs
cohérents injectés, relativement au champ initial, est 0 ou π. Nous avons donc opté pour
l'utilisation d'un déphaseur variable (Spectrum Microwave) inséré dans l'une des voies de
sortie d'une diode PIN SPDT (Single Pole Double Throw), i.e. à une entrée et deux sorties
(�gure III.5), les deux voies étant recombinées après le déphaseur. De façon semblable à
la diode PIN réglant l'amplitude de l'injection, l'ouverture ou la fermeture des deux voies
de la diode SPDT sont contrôlées via deux signaux digitaux indépendants. En décidant
d'ouvrir l'une ou l'autre de ces voies, il est possible de contrôler la phase de l'injection.

Le réglage du déphaseur en tant que tel ne sera abordé qu'au paragraphe III.3. Précisons
simplement ici que l'onde en sortie de la source étant à ∼ 12 GHz, puis quadruplée à
∼ 51 GHz juste avant d'être injectée dans les guides d'ondes du cryostat, le déphaseur se
doit de déphaser l'onde de π/4 seulement.

L'utilisation des deux voies du déphaseur su�t a priori au contrôle simultané de la
phase et de l'amplitude du champ cohérent injecté. Le choix de la voie �xe la valeur de la
phase tandis que la durée de l'ouverture de l'interrupteur correspondant règle l'amplitude.
Toutefois, pour s'a�ranchir des éventuels problèmes de di�érence de temps de commutation
entre les deux voies, nous préférons faire l'usage d'une troisième diode PIN dévolue au
contrôle de l'amplitude seule. Il s'agit en fait de la diodé SPST déjà décrite au paragraphe
I.1.2.b. L'injection d'un champ cohérent |α〉 d'amplitude et phase �xées se fait donc via le
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contrôle de trois signaux digitaux, l'un sa devant �xer la valeur de |α|, tandis que les deux
autres, s0 et sπ, permettent de choisir entre arg(α) = 0 (s0 = +1 et sπ = 0) et arg(α) = π
(s0 = 0 et sπ = +1). Il faut toutefois s'assurer que l'ouverture ou la fermeture des voies
de la diode SPDT ne modi�ent pas la longueur de l'injection dé�nie par sa. Pour ce faire,
nous ne nous autorisons à modi�er les valeurs de s0 et sπ que ta = 5µs avant le début ou
après la �n de l'impulsion sa, i.e. quand la diode SPST est fermée seulement. Notons que
l'avance ta choisie ici est relativement longue et, qu'au besoin, elle pourra être réduite. En
e�et, la seule contrainte basse sur ta est donnée par le temps de commutation tc des diodes,
de l'ordre de 100 ns : ta � tc.

La �gure III.6 donne un exemple de séquence réalisant une injection micro-onde de
phase �0�. Cette séquence d'impulsions digitales est réalisée via l'utilisation de la carte
DIO32 de l'ADwin. Comme nous l'avons déjà dit, cette carte possède sa propre horloge
et une pile FIFO, remplie de couples (x, t) nombre binaire/temps. Ici, le nombre binaire à
réaliser est le nombre à 3 bits sMW qui s'écrit [sas0sπ] en notation binaire. Comme suggéré
ci-dessus, nous avons choisi comme convention d'associer l'état ouvert du commutateur à
la valeur +1 de s. Ainsi, le nombre sMW = 101 correspond à un injection en cours (diode
SPST ouverte, sa = +1) avec la phase π (voie �0� de la diode SPDT fermée, s0 = 0, voie
�π� ouverte, sπ = +1). Le bandeau supérieur de la �gure III.6 donne la succession des
couples (x, t) utilisés pour générer la séquence associée. Rappelons que le temps t est le
temps d'horloge, donné relativement à l'événement précédent, auquel le nombre x doit être
réalisé.

III.1.4 Synchronisation avec la séquence expérimentale

Dans les deux parties précédentes, nous avons vu comment nous comptons utiliser la
carte compteur pour la détection atomique, et la carte DIO32 pour l'injection des champs
cohérents de contrôle. Le chapitre II a quant à lui donné le détail des calculs qui devront
être faits par la carte CPU. Si leurs fonctionnements individuels ont donc déjà été donnés,
nous n'avons pas encore expliqué comment ces cartes fonctionneront ensemble, et au sein
d'une architecture expérimentale plus vaste : l'ancien système est toujours utilisé pour toute
l'excitation des atomes, les impulsions de champ micro-ondes dans les zones de Ramsey, le
déclenchement des rampes d'ionisation. . . Là est tout l'objet de cette section.

Le fonctionnement de l'ordinateur de contrôle, au cours d'une expérience de rétroaction
quantique, est subdivisé en trois grandes phases : une phase d'initialisation, une phase
correspondant au déroulement de l'expérience elle-même, et en�n une phase de terminaison.

Initialisation Avant de lancer le premier atome de Rydberg à travers la cavité, les cartes
de l'ordinateur de contrôle doivent être préparées :

� Au niveau du CPU, sont initialisées toutes les variables nécessaires au calcul futur des
corrections cohérentes. C'est notamment dans cette phase que tous les paramètres ex-
périmentaux (temps séparant deux échantillons atomiques, calibration des injections,
phase de l'interféromètre. . .) sont mis dans la mémoire de la carte ;
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� La carte de sortie digitale est quant à elle mise dans son état par défaut. Étant
donné qu'elle ne contrôle que la ligne d'injection micro-onde, cela consiste à donner
la valeur par défaut du nombre binaire sMW = [sas0sπ]. Au lieu de se contenter de
fermer toutes les voies (sMW = 000), nous préférons laisser ouverte la voie �0� de
la diode contrôlant la phase d'injection. Nous n'aurons ainsi à modi�er [s0sπ] que
lorsque le régulateur aura décidé d'injecter un champ de phase π. À la �n de la phase
d'initialisation, la carte DIO32 est donc dans l'état

s0
MW = 010. (III.1)

� Au cours de cette première phase en�n, la carte compteur, mise en mode �Comptes�,
voit son horloge déclenchée. L'ordinateur commence donc à compter les impulsions en
sortie du détecteur à atomes quelques secondes à quelques minutes 4 avant l'ionisation
du premier atome.

Expérience Une fois l'ordinateur de contrôle de la rétroaction ainsi préparé, il ne nous
reste plus qu'à démarrer la séquence expérimentale 5. Comme nous l'avons évoqué précé-
demment, une grande partie en reste pré-programmée. Puisque seules les impulsions micro-
ondes vers la cavité sont contrôlées par l'ADwin, la préparation des atomes (impulsions
laser, radio-fréquence et micro-onde), la manipulation de leur état interne (impulsions π/2
dans les zones de Ramsey), et leur détection (déclenchement de la rampe d'ionisation, et
génération des impulsions porte) voient tous leurs paramètres et minutages contrôlés par
le système NI. Retenons pour l'instant seulement que :

� un échantillon atomique est préparé tous les Ta = 82µs,
� 1104µs après l'impulsion laser d'excitation, la rampe de détection est générée. Celle-
ci dure 21µs mais la fenêtre de détection des atomes |g〉, qui vient chronologiquement
après celle des atomes |e〉, est close 11µs après son déclenchement. Par conséquent,
1115µs après l'impulsion laser, la détection de tous les niveaux à détecter est achevée.

Du point de vue de l'ancien système de contrôle, la séquence programmée ne di�ère alors
de celle utilisée pour la mesure de franges de Ramsey dans le vide que par un seul point :
une impulsion digitale supplémentaire est envoyée à chaque échantillon préparé, i.e. tous
les Ta, sur l'entrée �Event IN� de la carte CPU de l'ADwin. C'est par cette impulsion, et
par cette impulsion seule, que la synchronisation avec l'ordinateur chargé de la rétroaction
est réalisée. Voyons maintenant de quelle façon.

4. Selon le temps de latence de l'utilisateur.
5. Dont nous donnerons le détail au paragraphe IV.1.
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Figure III.7 � Synchronisation de l'ordinateur de contrôle. Piles FIFO : Elles sont symbolisées par des grilles, chaque
case (niveaux de gris) correspondant à un élément de la pile. Elles sont remplies par le côte IN et vidées par le côte
OUT. Carte compteur : À chaque impulsion porte reçue, générée par le système NI, un élément est ajouté à la pile.
Celle-ci est vidée par la carte CPU. Carte CPU : Toutes les 82µs, une impulsion �Event IN� (barres rouge et vertes)
déclenche la lecture des comptes puis le calcul du �ltre quantique. Le résultat est inséré dans la pile de la carte DIO32.
Carte DIO32 : Son horloge est déclenchée par le top horloge généré par la carte CPU (barre rouge). 70µs après chaque
impulsion événement, l'injection débute (barres jaunes) : la pile FIFO est vidée.
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Sur la �gure III.7, nous schématisons la façon dont sont synchronisés les trois cartes
de l'ADwin et l'ancien système de contrôle. Toutes les 82µs, la carte CPU reçoit via son
entrée �Event IN� une impulsion digitale (rectangles rouge et verts sur la �gure III.7).
Celle-ci est envoyée 1117µs après le laser d'excitation, i.e. après que tous les atomes aient
été détectés : la quatrième et dernière impulsion porte a d'ores et déjà été reçue par la
carte compteur, et sa pile FIFO contient les quatre comptes nécessaires au calcul des
nombres ne et ng d'atomes |e〉 et |g〉, respectivement, présents dans l'échantillon qui vient
d'être détecté (bandeau supérieur du schéma de principe). La réception d'une impulsion
événement entraîne dès lors la chaîne d'événements suivants :

� Dans un premier temps, la carte CPU accède à la pile FIFO du détecteur et lit les
quatre derniers comptes qui y sont stockés (double �èche en pointillés sur la �gure)
de sorte à calculer ne et ng. Notons qu'il est alors crucial que l'impulsion externe
arrive sur la carte CPU après la dernière impulsion porte de la carte compteur. Suite
à la lecture, la pile FIFO de la carte compteur est vidée ;

� Au vu des détections atomiques ne et ng, le �ltre quantique actualise alors son es-
timation de la matrice densité du champ dans la cavité, et le régulateur calcule
l'amplitude et la phase du champ cohérent à injecter. Cette étape, matérialisée par
un rectangle hachuré sur la �gure III.7, est de durée variable. Le paragraphe III.4.1
explique comment nous la rendons aussi courte que possible ;

� Une fois la correction souhaitée αk calculée, il faut demander à la carte digitale de
l'exaucer. Pour cela, la carte CPU accède à la pile FIFO de la carte DIO32 et y inscrit
une séquence de couples (sMW, t), de la façon suggérée au paragraphe III.1.3. Ceci
ne peut cependant marcher que si les horloges des cartes CPU et DIO32 sont bien
synchronisées : le temps t, calculé par la carte du processeur, est interprété par la
carte digitale. Pour ce faire, lorsque la carte CPU reçoit la première impulsion événe-
ment (rectangle rouge sur la �gure III.7), elle déclenche simultanément son horloge et
l'horloge de la carte digitale (�top horloge� sur la �gure). Notons par ailleurs que ces
calculs sont faits de telle sorte que l'injection de la micro-onde débute un intervalle de
temps �xé, en pratique 70µs, après la réception de l'impulsion événement. Elle com-
mence ainsi toujours avant la réception de l'impulsion suivante. La �gure III.8 donne
la chronologie des impulsions digitales associées à un échantillon atomique unique.

À chaque réception d'une impulsion événement, les trois étapes ci-dessus sont alors ré-
pétées jusqu'à l'arrêt de la trajectoire quantique, selon un des critères donnés au chapitre II.
Si l'expérience doit être répétée, une partie de la phase d'initialisation est reproduite (les
variables par exemple existent déjà, il faut simplement leur donner leurs valeurs initiales)
et le processeur se remet en attente d'un signal sur son entrée �Event IN�. Sinon, la phase
de terminaison est lancée.

Terminaison Une fois l'expérience terminée, les horloges des cartes compteur et DIO32
sont stoppées, la carte digitale est remise dans son état par défaut, et l'exécution du
programme s'arrête. Toutes les données enregistrées par l'ADwin au cours de l'expérience
sont alors accessibles à un ordinateur externe.
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Figure III.8 � Chronologie des impulsions digitales pour une préparation atomique unique.
L'origine des temps correspond à l'impulsion laser excitatrice à 780 nm. L'atome ainsi
préparé subit deux impulsions micro-ondes π/2, à t = 586µs et 948µs, dans les zones
de Ramsey. Il est �nalement détecté dans deux fenêtres temporelles closes à t = 1115µs.
2µs plus tard, une impulsion TTL est envoyée sur l'entrée �Event IN� de la carte CPU
de l'ADwin, qui réalise alors 70µs plus tard une injection micro-onde dans la cavité. Par
souci de lisibilité, l'échelle n'est pas respectée.

III.2 Calibration des paramètres expérimentaux

Nous avons décrit au chapitre précédent comment le �ltre quantique, connaissant les
amplitudes des injections cohérentes réalisées et les résultats des détections atomiques peut
estimer en temps réel l'état du champ dans la cavité. Pour que l'estimation soit aussi précise
que possible, et par conséquent les corrections d'autant plus e�caces, il nous faut avoir
une connaissance et un contrôle précis aussi bien de la façon dont fonctionne le détecteur à
atomes, que des caractéristiques des champs cohérents de correction et des paramètres de
notre mesure QND. Dans cette section, nous nous intéresserons successivement à chacun
de ces points.

III.2.1 Contrôle de l'amplitude des corrections

Intéressons nous dans un premier temps au paramètre de contrôle de notre rétroac-
tion quantique, à savoir l'amplitude des champs cohérents injectés dans la cavité. Après
avoir détaillé certaines contraintes expérimentales, nous décrirons la façon dont nous les
calibrons.



III.2. Calibration des paramètres expérimentaux 111

III.2.1.a Contraintes expérimentales

Au paragraphe I.1, nous avons expliqué comment le champ micro-onde intracavité est
couplé à une source classique, de fréquence et d'amplitude contrôlées, et comment, en créant
une impulsion de durée τ à l'aide d'une diode PIN, nous pouvons choisir l'amplitude du
champ cohérent injecté,

α(τ) = γτ. (III.2)

Dans le cadre de notre rétroaction quantique, tous les Ta = 82µs, le régulateur peut
décider d'injecter un champ aussi grand que αmax = 0, 1, soit 0, 01 photon en moyenne.
Cela correspond à un taux d'injection γ ≥ 0, 1/82 = 10−3 µs−1. A priori, cette contrainte
semble peu sévère. Dans des expériences précédentes, à titre de comparaison, nous étions
capables en quelques microsecondes d'injecter des champs aussi grands que 4 à 5 photons.
Cela correspond à un coe�cient γ 103 fois plus grand.

Cependant, comme nous avons pu le voir sur les simulations numériques du chapitre
précédent, nous ne pouvons pas nous contenter d'injections aussi grandes que αmax : pour
que la rétroaction puisse être e�cace, il faut permettre à α de varier sur une gamme
relativement large. Nous devons alors pouvoir répondre à deux questions :

� �quelle est l'amplitude minimale des corrections dont nous avons besoin ?�,
� �quelle est la durée minimale de l'injection que nous autorisons ?�.
Imaginons que le champ soit initialement préparé dans un état cohérent |α0〉. Après un

temps Ta, son amplitude aura varié de

δα = α0
Ta

2Tcav

, (III.3)

Tcav étant le temps de vie d'un photon dans la cavité. Pour Ta = 82µs, et un champ de 3
photons, on trouve

δα ≈ 10−3. (III.4)

Cette estimation �xe l'ordre de grandeur des injections les plus faibles que nous aurons à
faire au vu des paramètres expérimentaux : αmin = δα. Une telle amplitude est en e�et
tout juste compensée par la relaxation sur la durée d'une itération de la boucle. Comme
annoncé au chapitre II, les bornes imposées aux injections cohérentes de correction sont
donc :

αmax = 0, 1 αmin = 0, 001. (III.5)

La gamme choisie des amplitudes s'étend sur deux décades. Il doit donc en être de
même de la gamme des temps d'injection. Si alors nous optons pour le taux γ minimum,
γm = 10−3 µs−1, à savoir tel que αmax soit injecté en 82µs, alors αmin est injecté en 0, 8µs.

Or les diodes PIN utilisées, contrôlées par des signaux TTL, ont typiquement des temps
de commutation tc de l'ordre de 100 ns. Si nous voulons des injections qui soient toujours
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relativement longues devant tc, le choix γ = γm semble imposé (à un facteur numérique
proche de l'unité près).

Comme mentionné précédemment, nous devons donc faire en sorte que le taux d'injec-
tion soit maintenant 1000 fois plus faible que ce que nous utilisions précédemment. Cela
correspond à 60dB d'atténuation supplémentaires. L'usage d'un mixeur passif en lieu et
place du quadrupleur actif précédemment utilisé, ainsi que l'ajout d'une atténuation �xe
de 30 dB, avant l'atténuateur variable (paragraphe I.1.2.b) permettant le réglage �n de γ,
ont été nécessaires.

Avant de terminer ce paragraphe, il ne faut pas oublier que, outre les champs cohérents
de correction, il nous faudra préparer le champ de la cavité dans l'état cohérent initial,
état qui contient quelques photons. Or, les corrections cohérentes de la rétroaction se
doivent d'avoir une relation de phase bien dé�nie avec le champ initial. Il nous faudra
donc utiliser la même source classique, via les mêmes câbles et guides d'onde, pour assurer
une telle contrainte. L'usage de deux voies d'injection est par exemple à proscrire, puisque
toute variation légère de la température, par exemple, le long d'un des circuits induit des
variations de phase incontrôlables entre les deux chemins. L'injection initiale durera ainsi
typiquement, pour un champ initial de 3 photons,

tini = γ−1
m

√
3 = 1, 5 ms. (III.6)

III.2.1.b Calibration

Voyons maintenant comment calibrer le taux d'injection γ. Pour cela, nous mesurons,
pour plusieurs champs cohérents |α〉 préparés, un signal de franges de Ramsey, i.e. la
probabilité de détecter un atome dans |g〉 en sortie de l'interféromètre, πg(α). Les franges
de Ramsey en présence d'un champ cohérent |α〉 étant la somme des franges obtenues dans
les états de Fock |n〉 pondérées par les populations P (n) du champ préparé, il vient

πg(α) = e−|α|
2
∑
n≥0

|α|2n

n!
πg(n), (III.7)

où πg(n) = π0 +
C

2
cos (φr + φ(n)) . (III.8)

En faisant l'hypothèse d'un déphasage par photon linéaire 6, φ(n) = nφ0, on peut alors
montrer que

πg(α = γtS) = π0 +
C

2
cos
(
φr + (γtS)2 sinφ0

)
e(γtS)2(cosφ0−1). (III.9)

Les paramètres π0, C et φr pouvant être mesurés au préalable sur des franges de Ramsey
avec une cavité vide, et le déphasage par photon φ0 étant déterminé par ailleurs (voir

6. De même qu'au chapitre I, nous incluons le déplacement de Lamb dans la phase φr de l'interféromètre.
Par conséquent, φ(0) = 0.
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Figure III.9 � Calibration des injections cohérentes : Probabilité de détecter un atome
dans |g〉 en fonction de l'amplitude, en unité de temps, du champ cohérent injecté dans
la cavité. La courbe rouge correspond à un ajustement à un paramètre (γ, voir texte), ici
γ−1 = (633± 3)µs. L'intervalle entre deux points de mesure est de 80µs.

paragraphe III.2.3), le tracé de πg(tS) et son ajustement par la loi (III.9) fournissent alors
γ, le seul paramètre libre de l'ajustement. La �gure III.9 donne un exemple d'une telle
calibration, pour lequel la phase de l'interféromètre a été choisie nulle (φr = 0). Le résultat
trouvé est ici

γ−1 = (633± 3)µs, (III.10)

où γ−1 est le temps nécessaire à l'injection d'un champ d'amplitude unité.

Nous avons vu au paragraphe précédent que les durées d'injection varieront sur plus
de trois décades au cours d'une expérience typique de rétroaction quantique, si l'on com-
pare l'amplitude αmin à celles des champs cohérents préparés en début d'expérience. La
calibration proposée �gure III.9 explore cependant des variations sur des échelles de temps
de l'ordre de la milliseconde seulement. En e�et, même si l'intervalle entre deux points de
mesure est de 80µs, avec le choix de φr ici fait, πg(tS) ne varie signi�cativement que pour
tS de l'ordre de quelques centaines de microsecondes. Il nous a donc fallu véri�er que la
dépendance linéaire en tS de l'amplitude du champ injecté est bel et bien valable sur les
trois décades explorées.

Pour cela, nous avons comparé la mesure de πg(α0 = γt0) faite ci-dessus à une situation
où nous injectons une succession de N impulsions courtes, de durée τ = 2µs, et distantes
de 1µs, telles que Nτ = t0. Nous traçons �gure III.10 les résultats obtenus pour N = 150,
300, 500, et 700, superposés aux résultats obtenus avec des injections continues. Le très bon
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Figure III.10 � Linéarité de la chaîne d'injection : Comparaison de l'amplitude des champs
créés par une impulsion de durée tS (points noirs et ajustement rouge), et N impulsions
de durée tS/N (carrés bleus), par mesure de la probabilité de détecter un atome dans |g〉
en sortie de l'interféromètre.

accord entre les deux mesures con�rme le comportement linéaire de la chaîne d'injection
des plus petites aux plus grandes amplitudes des champs cohérents préparés.

III.2.2 Calibration du détecteur

L'un des éléments cruciaux de notre boucle de rétroaction est bien évidemment le dé-
tecteur à atomes. Outre les prédictions a priori que nous pouvons faire étant donné notre
connaissance du système et de sa relaxation, c'est par lui seul que nous acquérons de
l'information en temps réel sur le champ piégé dans la cavité. Connaître précisément ses
paramètres de fonctionnement, et les prendre en compte in extenso dans le �ltre quantique
est donc absolument nécessaire. Dans ce paragraphe, nous nous intéresserons successive-
ment à la façon dont nous avons optimisé puis caractérisé le fonctionnement du détecteur.
L'inclusion de son e�cacité limitée dans le �ltre quantique ne sera donnée qu'au paragraphe
III.4.

III.2.2.a Optimisation du détecteur

Nous avons déjà décrit au paragraphe I.2.3 le détail du fonctionnement du détecteur
à ionisation. Les paramètres que nous cherchons ici à optimiser et caractériser sont les
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Figure III.11 � Détections en fonction de
l'instant de déclenchement de la rampe d'io-
nisation, pour les niveaux |e〉 (points rouges)
et |g〉 (carrés noirs). L'origine des temps cor-
respond à l'impulsion laser d'excitation.

Figure III.12 � Signal temporel de détec-
tion pour un atome préparé dans |e〉 (courbe
rouge) ou dans |g〉 (courbe noire). La rampe
de détection est déclenchée 1104µs après le
début de l'impulsion laser d'excitation.

suivants.

L'e�cacité de détection Notée εd, elle est dé�nie comme le rapport du nombre d'atomes
détectés sur le nombre d'atomes qui ont e�ectivement atteint le détecteur ;

Le taux d'erreur Si un atome |e〉 atteint le détecteur, la probabilité qu'il soit détecté
comme un atome dans le niveau |g〉 n'est pas nulle. Cette probabilité d'erreur peut
a priori dépendre du niveau réel de l'atome, et nous la noterons donc ηe ou ηg selon
que l'atome est dans |e〉 ou |g〉, respectivement.

Notons qu'a priori εd peut également dépendre du niveau atomique. Un déséquilibre
dans l'e�cacité de détection doit cependant être évité. Outre le fait que cela indiquerait une
mauvaise utilisation du détecteur, nous aurions alors en sortie de l'interféromètre un nombre
moyen d'atomes par paquet dépendant de l'état des atomes, et donc de l'état du champ.
Cela rendrait encore plus complexe l'inclusion dans le �ltre quantique de la statistique
d'occupation des paquets atomiques, comme nous aurons à le faire, au vu des conclusions
de cette partie. Il nous a donc fallu jouer sur les valeurs des potentiels des électrodes du
détecteur, ainsi que sur l'instant auquel la rampe de détection est déclenchée, pour faire en
sorte que les deux niveaux soient détectés de façon symétrique, sans pour autant réduire
εd signi�cativement.

Le réglage est fait en deux étapes :
� Dans une première expérience, nous préparons les atomes dans l'état |e〉 ou dans
l'état |g〉 dans la boîte à circulariser. Pour chacune de ces préparations, nous mesu-
rons le nombre total d'atomes détectés par paquet en fonction de l'instant auquel
nous déclenchons la rampe de détection. Cela revient à faire varier la position du
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nuage atomique vis à vis du détecteur au moment de l'ionisation. Les résultats d'une
telle mesure sont donnés �gure III.11. Le passage du nuage atomique au centre du
détecteur se matérialise par un �plateau� sur le signal enregistré, et c'est bien sûr
dans cette région que l'e�cacité de détection est la meilleure. Il faut donc trouver un
jeu de paramètres tel que le plateau obtenu avec les atomes |e〉 ait un recouvrement
avec celui obtenu avec les atomes |g〉. Ici, déclencher la rampe de détection 1104µs
après l'impulsion laser d'excitation est un bon choix ;

� Dans une deuxième expérience, l'instant auquel la rampe doit être déclenchée ayant
été déterminé ci-dessus, nous enregistrons le signal temporel de détection atomique
pour un atome préparé dans l'état |e〉 et le comparons à celui où nous faisons de
surcroît une impulsion π dans l'une des zones de Ramsey, préparant ainsi 7 un atome
dans |g〉. Nous comparons alors le nombre total d'atomes détectés dans les deux
situations, i.e. l'intégrale temporelle du signal obtenu, noté respectivement N0 ou Nπ.
Si les niveaux préparés sont purs et si l'impulsion π est parfaite, N0 est simplement le
nombre d'atomes détectés dans |e〉 et Nπ le nombre d'atomes détectés dans |g〉. Si |e〉
et |g〉 sont détectés avec la même e�cacité, alors ce nombre ne doit pas varier d'une
situation à l'autre : N0 = Nπ. Notons par ailleurs que même si l'impulsion π n'est pas
parfaite, N0 et Nπ ne sont égaux que si la détection est équilibrée. Le résultat d'un
telle expérience est donnée �gure III.12. Ici, nous trouvons 8 N0 = 0, 240 ± 0, 004 et
Nπ = 0, 245± 0, 004 atomes préparés par échantillon, con�rmant ainsi le bon réglage
du détecteur.

De telles mesures doivent alors être réalisées pour plusieurs choix des potentiels élec-
triques dans le détecteur (anode et lentilles électrostatiques, voir paragraphe I.2.3), jusqu'à
ce que les deux critères évoqués ci-dessus soient satisfaits. Les résultats des �gures III.11
et III.12 correspondent à un réglage satisfaisant.

III.2.2.b E�cacité de détection

Une fois �xés les potentiels des électrodes du détecteur, et l'instant auquel la rampe
d'ionisation est déclenchée, il ne nous reste plus qu'à caractériser e�ectivement la détection,
i.e. mesurer εd, ηe et ηg. Intéressons nous tout d'abord à εd.

Comme nous l'avons déjà évoqué, la mesure précise de l'e�cacité de détection est très
importante dans le cadre de nos expériences de rétroaction quantique. Elle l'a été d'autant
plus que, si dans les dernières expériences réalisées dans le groupe [74, 76, 75, 77], εd a
toujours été de l'ordre de 50%, elle est tombée à moins de 10% après un accident survenu sur
le montage. En e�et, la destruction puis le remplacement, survenus entre temps, de la jupe

7. Notons que la préparation des niveaux |g〉 est alors di�érente de celle faite pour choisir l'instant
auquel la rame de détection est déclenchée. Les atomes étaient alors directement préparés dans l'état
|g〉 dans la boîte à circulariser. Nous ne pouvons pas utiliser ici cette méthode puisque l'e�cacité de la
préparation par puri�cation du niveau |52C〉 (voir paragraphe I.2.3) dépend du niveau préparé.

8. Les nombres obtenus résultent d'une moyenne sur p = 15300 réalisation. L'erreur statistique relative
est donc de

√
pN

−1 ' 1, 6%.
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à azote du cryostat ont notamment 9 eu comme conséquence le désalignement du détecteur
à ionisation avec les compteurs d'électrons. Un réalignement du détecteur a donc dû être
fait, nous permettant de ramener εd vers ses valeurs � sinon historiques � raisonnables,
de l'ordre de 35%.

La mesure de l'e�cacité de détection consiste à utiliser un atome en interaction réso-
nante avec la cavité, et qui, préparé dans l'état |e〉, peut déposer via une impulsion π un
photon dans la cavité initialement vide. En comparant le nombre moyen de photons dans
la cavité après le passage de l'atome au nombre moyen d'atomes détectés, et connaissant
l'e�cacité d'injection d'un photon χ = 0, 8, nous aurons alors une mesure de εd.

Dans cette expérience, il est important de s'assurer qu'il n'y a jamais plus d'un atome
à la fois qui interagit avec la cavité. Pour ce faire, l'e�cacité de préparation des niveaux de
Rydberg est rendue très faible : n(d)

a = 0, 09 atomes sont détectés par échantillon. Il faudra
véri�er a posteriori que le nombre réel d'atomes préparés est lui aussi su�samment faible.

Du fait du faible nombre d'atomes détectés, il est en fait préférable, d'un point de vue
statistique, de mesurer le nombre de photons injectés dans les réalisations où aucun atome
injecteur n'est détecté (au moins 90% des réalisations). Nous mesurons donc le nombre de
photons injectés par les atomes injecteurs non détectés plutôt que par les atomes injecteurs
détectés. Ce nombre n'est toutefois pas vraiment mesuré : nous comparons les franges de
Ramsey obtenues avec une cavité vide à celles de l'expérience décrite ici. Le signal de franges
mesuré, noté π(0m)

g , est alors la somme pondérée des franges de Ramsey correspondant à
une cavité vide, π(0)

g , et à une cavité contenant 1 photon, π(1)
g :

π(0m)
g = p(0|0m)π(0)

g + p(1|0m)π(1)
g , (III.11)

où p(0|0m) (resp. p(1|0m)) est la probabilité qu'il n'y ait pas de photon dans la cavité
(resp. qu'il y en ait un), sachant qu'aucun atome injecteur n'a été détecté. Avec Pa(1|0m) =
1−Pa(0|0m) la probabilité qu'il y ait réellement un atome sachant qu'aucun n'a été détecté,
nous avons

p(1|0m) = 1− p(0|0m) = χPa(1|0m) ≡ a. (III.12)

En utilisant des raisonnements bayesiens, nous trouvons par ailleurs

Pa(1|0m) =
Pa(1)

Pa(0m)
Pa(0m|1) =

n
(d)
a /εd

1− n(d)
a

(1− εd)

=
1/εd − 1

1/n
(d)
a − 1

. (III.13)

Finalement, sachant que les franges π(1)
g sont simplement les franges π(0)

g déphasées de
φ(1), et en notant respectivement π0 et C le décalage et le contraste de π(0)

g , le signal π(0m)
g

enregistré est donné par

π(0m)
g (φr) = π0 +

C

2

[
(1− a) cos

(
φr − φ0

r

)
+ a cos

(
φr − φ0

r + φ(1)

)]
, (III.14)

9. Nous laisserons au lecteur le soin de s'imaginer les autres conséquences.
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Figure III.13 � Mesure de l'e�cacité de détection : Les points noirs et l'ajustement orange
correspondent à des franges de Ramsey dans le vide. Les points bleus correspondent aux
franges de Ramsey obtenues en présence d'un atome injecteur non détecté. L'origine des
abscisses est arbitraire. Ici, les ajustements donnent �nalement une e�cacité de détection
de 35%.

où φr est contrôlé en modi�ant la fréquence Ramsey, et φ0
r �xe l'origine des phases. L'idée

est donc de mesurer dans un premier temps les paramètres π0, C et φ0
r à partir de franges

de Ramsey obtenues avec une cavité vide (a = 0), pour ensuite ajuster le signal π(0m)
g

avec la formule ci-dessus, qui n'a alors plus qu'un seul paramètre libre, a, φ(1) = φ0 étant
simplement le déphasage par photon. La relation entre a et εd est alors

εd =

(
1 +

a

χ

1− n(d)
a

n
(d)
a

)−1

. (III.15)

L'ajustement de la �gure III.13 donne a = 0, 15 soit �nalement

εd = 0, 35. (III.16)

Avant de conclure, notons que le nombre e�ectif d'atomes préparés dans cette expé-
rience est �nalement na = n

(d)
a /εd = 0, 26, et la probabilité d'avoir strictement plus de 1

atome préparé, Pa(n > 1) = 3%, est bel et bien négligeable. Insistons cependant sur le
fait que cette probabilité n'est négligeable qu'ici : dans toutes nos expériences de rétro-
action quantique, nous aurons à tenir compte des situations où 2 atomes sont préparés
simultanément.
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L'e�cacité du détecteur est donc plus faible que dans nos expériences précédentes, sans
pour autant l'être de façon rédhibitoire. Ce sera sans doute un paramètre limitant de notre
rétroaction.

III.2.2.c Franges de Ramsey et erreurs de détection

Il ne nous reste plus maintenant qu'à estimer les taux d'erreur de détection, ηe et ηg. Une
première façon consiste à les mesurer sur le spectre d'ionisation brut. Rappelons en e�et que
la détection dans un niveau ou dans l'autre se fait via la dé�nition de fenêtres temporelles,
superposées au spectre d'ionisation. Si alors des atomes |g〉 peuvent être détectés au sein
de la fenêtre de détection dévolue à |e〉, ηg prend des valeurs non nulles. Nous traçons �gure
III.14 les spectres obtenus en préparant un atome dans |g〉, subissant ou ne subissant pas
une impulsion π dans l'une des zones de Ramsey. À partir d'un tel signal, nous dé�nissons
les fenêtres de détection telles qu'indiquées. Pour l'atome préparé dans |g〉, nous comptons
alors :

� 0, 28 atome par paquet dans la fenêtre |g〉,
� 0, 01 atome par paquet dans la fenêtre |e〉.

En supposant que l'état initialement préparé est pur, cela correspond à une erreur de
détection

ηg = 4%. (III.17)

Nous pourrions de même mesurer ηe en préparant initialement un atome dans l'état
|e〉, et ainsi s'a�ranchir du contraste �ni des impulsions π dans les zones de Ramsey. Ceci
étant dit, nous n'utiliserons pas in �ne les coe�cients ηg et ηe mesurés de la sorte. Quelles
sont en e�et les conséquences, dans notre expérience, de taux d'erreurs non nuls ? Si l'on
détecte un atome dans |g〉 par exemple, il y a une probabilité non nulle que l'atome ait été
en réalité dans l'état |e〉. Il y a donc brouillage de la �gure d'interférence, et le contraste
des franges de Ramsey est réduit. D'autres imperfections expérimentales peuvent réduire
à leur tour le contraste de l'interféromètre, par exemple des impulsions π/2 imparfaites,
des déphasages inhomogènes du dipôle atomique (la phase de l'interféromètre dépend de la
position de l'atome dans le jet atomique) ou encore l'impureté de la préparation des niveaux
circulaires, i.e. la présence éventuelle de niveaux elliptiques dans les échantillons. Ceci étant
dit, il est possible de montrer [74] que la carte quantique décrivant notre interféromètre,
et prenant en compte toutes ces erreurs, est strictement équivalente à la carte quantique
d'un interféromètre, de mêmes contraste et décalage, mais dont les seules imperfections
seraient des erreurs de détection ηe et ηg. Il est alors inutile de tenter de distinguer les
poids respectifs de chaque source d'erreur dans la détérioration de notre interféromètre,
et nous utilisons des e�cacités de détection e�ectives, ηeff

e et ηeff
g , pour rendre compte de

toutes les imperfections.
Voyons alors comment sont modi�ées les franges de Ramsey pour des e�cacités de

détection limitées. Une nouvelle fois, si l'on détecte un atome dans |g〉 par exemple, il y
a une probabilité non nulle, que nous notons p(e|gd), que l'atome ait été en réalité dans
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Figure III.14 � Spectre d'ionisation pour un atome préparé dans |g〉 (bleu) et un atome
préparé dans |g〉 subissant une impulsion π dans une des zones de Ramsey (rouge). Les
traits pointillés verticaux correspondent à une dé�nition des fenêtres de détection.

l'état |e〉. Les franges de Ramsey, ou encore la probabilité de détecter un atome dans |g〉,
πg, sont alors modi�ées de la façon suivante :

πg = p(gd|g) π0
g + p(gd|e) π0

e , (III.18)

où π0
j est la probabilité que l'atome soit e�ectivement dans le niveau |j〉 en sortie de

l'interféromètre, et p(gd|j) la probabilité de détecter l'atome dans |g〉 sachant qu'il est en
réalité dans l'état |j〉. D'après les dé�nitions de ηeff

e et ηeff
g , il vient alors

πg = (1− ηeff
g ) π0

g + ηeff
e π0

e . (III.19)

Si l'interféromètre, hormis ces défauts de détection, est supposé parfait, les franges
π0
j (φr) sont de contraste unité et sans décalage. En prenant en compte les erreurs de

détection, on a donc

πg(φr) =
1− ηeff

g + ηeff
e

2
+

1− ηeff
g − ηeff

e

2
cos(φr). (III.20)

Finalement, nous n'utilisons donc pas la mesure de ηg donnée plus tôt, mais extrayons
les e�cacités de détection e�ectives d'un ajustement des franges de Ramsey :

πg(φr) = π0 +
C

2
cos(φr) ⇔


ηeff
e = π0 −

C

2
,

ηeff
g = 1− π0 −

C

2
.

(III.21)
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Nous trouvons typiquement les valeurs :

ηeff
g = 0, 11 ηeff

e = 0, 13.

III.2.3 Déphasage par photon

Dans les deux paragraphes précédents, nous avons calibré les corrections cohérentes
de la rétroaction, et la façon dont les atomes sont détectés. Il nous reste donc seulement
à caractériser la mesure e�ectivement faite par les atomes sur le champ de la cavité. Au
paragraphe I.4, nous avons d'ores et déjà vu que la donnée des opérateurs de Kraus Me

et Mg su�t à la décrire complètement. Leurs expressions ne dépendent en outre que de la
phase de l'interféromètre φr, et du déphasage induit par la présence de photons dans la
cavité, que nous avions noté φ(n) :

Me = cos

(
φr + φ(N̂)

2

)
Mg = sin

(
φr + φ(N̂)

2

)
.

Au paragraphe II.1, nous avons vu qu'un bon choix de paramètre consiste à utiliser un
déphasage par photon de π/4 avec un interféromètre de phase

φr = ϕr(nc) =
π

2
− φ(nc). (III.22)

Il nous a donc fallu modi�er la fréquence de résonance de la cavité à l'aide des cales piezo-
électriques jusqu'à obtenir le désaccord δ correspondant à un tel déphasage par photon.
Rappelons au passage que la valeur de φ(n) est déterminée via la mesure de l'histogramme
des phases des dipôles atomiques en sortie de l'interféromètre (voir paragraphe I.4.3). Nous
obtenons, pour une tension de −330 V appliquée sur les piezo-électriques, correspondant
à une fréquence de résonance de la cavité de l'ordre de ν = 51, 098835 GHz, les résultats
déjà donnés au paragraphe I.4.3 :

φ(n) = (0, 256 π)n− (0, 002π)n2. (III.23)

La phase de l'interféromètre φr est alors réglée en choisissant la fréquence Ramsey
ωS/2π (voir équation (I.49)) ad hoc :

ωS = ω0 −
1

tvol

(π
2
− φ(nc)

)
, (III.24)

où ω0/2π est une fréquence Ramsey pour laquelle la probabilité de détecter |g〉 est maximale
en champ vide, et tvol le temps séparant les deux impulsions π/2.
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III.3 Contrôle des imperfections

Dans la section précédente, nous avons réalisé toutes les calibrations des paramètres ex-
périmentaux intervenant explicitement dans le calcul du �ltre quantique : le taux d'injection
des impulsions micro-ondes, l'e�cacité de détection, les imperfections de l'interféromètre et
le déphasage par photon. D'autres imperfections expérimentales, que nous n'incluons pas
dans le �ltre, existent toutefois et sont susceptibles d'altérer l'e�cacité de la rétroaction.
Certaines d'entre elles ont déjà été évoquées au chapitre I, à savoir les bruits 10 de phase de
l'interféromètre de Ramsey et les dérives de fréquence de la cavité. Nous nous intéressons
ici plus spéci�quement aux imperfections qui ont directement trait à notre expérience de
rétroaction quantique : le réglage de la phase des injections, i.e. la calibration du déphaseur,
et les éventuelles perturbations induites sur les sondes atomiques par les champ cohérents
de correction.

III.3.1 Contrôle de la phase des injections

Nous avons donné au paragraphe III.1.3 le schéma du circuit micro-onde permettant
à la fois le contrôle de l'amplitude et de la phase des champs cohérents injectés dans la
cavité. Nous avons alors expliqué sans plus de détails que le déphaseur se doit d'induire une
di�érence de phase de π/4 entre les deux chemins possibles, pour qu'après le quadruplage
de la fréquence, le choix de phase se fasse entre 0 et π. Voyons ici comment le déphaseur
a été réglé.

L'expérience que nous réalisons consiste à injecter successivement dans la cavité initia-
lement vide deux impulsions de même durée, la première passant par la voie �0� du chemin
micro-onde, la seconde par la voie �π�. Si la di�érence de phase δφ entre les deux voies
est bien π, alors la cavité reste vide après cette double impulsion. Pour un déphasage δφ
quelconque, et en notant α1 l'amplitude de chacune des deux impulsions, le champ cohérent
résultant est

α2 = α1(1 + eiδφ) = t1γ(1 + eiδφ) ≡ γefft1, (III.25)

où t1 est la longueur d'une impulsion individuelle, γ la grandeur, déjà rencontrée précé-
demment, caractérisant l'injection dans la cavité, et γeff un taux d'injection e�ectif dé�ni
comme

γeff = γ(1 + eiδφ). (III.26)

Si nous suivons alors le protocole proposé au paragraphe III.2.1 pour mesurer le taux
γ en remplaçant les injections qui y étaient faites par la double injection dé�nie ici, nous
aurons une mesure de |γeff |, et donc de δφ :

δφ = 2 arccos

(
|γeff |
2γ

)
. (III.27)

10. Bruit sur les potentiels électrostatiques essentiellement, limités par exemple par l'emploi de diviseurs
de tension entre les sources de tension et le montage.
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Figure III.15 � Calibration du déphaseur
par injection de deux impulsions de même
durée t1 mais de phases di�érentes. Les trois
ensembles de points correspondent à trois dif-
férences de phase : Φ0 (bleu), Φ1 = Φ0 −
0, 052 rad (rouge) et Φ2 = Φ0 − 0, 116 rad
(noir). Les lignes continues sont des ajuste-
ments de calibration de paramètres γ−1 =
(100 ± 7)µs (noir), (158 ± 10)µs (rouge) et
(167± 8)µs (bleu).

Figure III.16 � Calibrations individuelles de
l'amplitude des impulsions avec la phase 0
(rouge) ou π (bleu). Les ajustements donnent
les taux d'injection γ−1

0 = (14, 2 ± 0, 4)µs
pour la phase 0, et γ−1

π = (13, 5 ± 0, 3)µs
pour la phase π.

Idéalement, si δφ = π, alors γeff = 0. Il nous faut donc trouver le réglage du déphaseur qui
minimise |γeff |.

Nous traçons �gure III.15 le résultat de telles mesures pour trois réglages di�érents
du déphaseur : Φ0, Φ1 = Φ0 − 0, 052 rad et Φ2 = Φ0 − 0, 116 rad. Les deux impulsions
sont séparées de 10µs. Grossièrement, plus le nombre de photons laissés dans la cavité
après les deux impulsions est grand, i.e. plus la di�érence de phase est loin de π, plus
la probabilité πg mesurée de détecter un atome dans |g〉 est faible 11. Le réglage de la
courbe bleue apparaît donc plus favorable que celui des courbes rouge ou noire. Pour s'en
convaincre, nous ajustons chacun de ces trois ensembles de points par la loi de calibration
(III.9). La courbe bleue est bien celle qui donne le coe�cient γeff le plus faible :

γ−1
eff = (167± 8)µs. (III.28)

Ce nombre est à comparer à ce que donne la calibration d'une injection unique, donnée
�gure III.16 pour chacune des deux voies du déphaseur :

γ−1 ≈ 14µs. (III.29)

Ainsi, si en 170µs une seule de ces impulsions injecte environ 150 photons dans la cavité,
deux impulsions successives de phases di�érentes de δφ n'en injectent plus qu'un seul.

11. Ce n'est vrai que pour les faibles amplitudes.
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Figure III.17 � Di�érence d'amplitude entre
les deux voies d'injection. Une injection de
phase π de 200µs est suivie d'une impulsion
de phase 0 et de durée t1. πg est la probabilité
de détecter |g〉 en sortie de l'interféromètre,
maximale pour une cavité vide.

Figure III.18 � Calibration du déphaseur
par injection de deux impulsions de durées
t1 pour la phase 0 et 0, 96 t1 pour la phase
π. L'ajustement donné a pour paramètre
γ−1

eff,0 = (19± 2)× 10µs.

Il apparaît cependant sur la �gure III.16 que les deux voies d'injection n'ont pas tout à
fait le même facteur de transmission. Le coe�cient γ est en e�et plus grand pour la phase
π que pour la phase 0 :

γ−1
0 = (14, 2± 0, 4)µs γ−1

π = (13, 5± 0, 3)µs. (III.30)

Cette di�érence d'environ 0, 5 dB peut d'ailleurs être mesurée directement en comparant
à l'analyseur de spectre l'amplitude d'un signal à 12 GHz passant par l'une ou l'autre de
ces voies. Nous pouvons également visualiser cette di�érence en injectant via la voie �π�
(avec le réglage optimal du déphaseur obtenu �gure III.15) une impulsion de 200µs suivie,
30µs plus tard, par une impulsion de phase �0� dont la durée est variée. Le résultat d'une
telle expérience est donné �gure III.17. Il apparaît clairement que les impulsions de phase
0 sont, à durées d'injection identiques, plus faibles que les impulsions de phase π : il faut
une impulsion de 210µs pour compenser au mieux l'impulsion précédente de 200µs. Là
encore, le rapport de ces deux temps correspond aux 0, 5 dB de di�érence déjà trouvés.

Si l'on répète �nalement l'expérience précédente de calibration du déphaseur, en prenant
soin d'utiliser des injections plus intenses de 0, 5 dB pour la phase 0, soit un facteur environ
1, 04 sur la durée de l'injection, nous obtenons les résultats de la �gure III.18, pour lesquels

γ−1
eff,0 = (19± 2)× 10µs γ−1

eff,π = (18± 2)× 10µs. (III.31)

Au vu des barres d'erreur, les résultats sont donc peu di�érents si l'on prend ou pas
en compte cette di�érence d'intensité dans la calibration du déphaseur, con�rmant ainsi le
réglage déjà obtenu. La calibration de l'injection, détaillée au paragraphe III.2.1, s'en trouve
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cependant légèrement modi�ée en ce sens que ce sont dorénavant deux taux d'injection, γ0

et γπ, qui sont donnés à l'ordinateur de contrôle, et non plus seulement un.
Notons par ailleurs que l'ajustement par la loi de calibration (III.9) est relativement

peu concluant pour les temps d'injection longs, à partir de t1 = 200µs sur la �gure III.18.
Une étude approfondie du phénomène expliquant un tel écart n'a pas été faite, un critère
visuel pouvant être gardé pour le réglage du déphaseur. Peut-être sommes nous sensibles
à des e�ets de chau�age du quadrupleur ou du déphaseur du fait des longs temps d'injec-
tion ? Nous nous contentons donc ici d'un ajustement sur les premiers points de la courbe
pour avoir une estimation de γeff . En utilisant l'équation (III.27), nous obtenons alors le
déphasage induit par le déphaseur 12 :

δφ = π − (0, 02± 0, 008)π. (III.32)

L'écart de 0, 02π à la situation idéale n'a pas pu être réduit par un simple réglage du
déphaseur, ou par un changement de la fréquence d'injection (si la source micro-onde et
la cavité ne sont pas en résonance, une dérive de phase a cours entre les deux injections,
limitant ainsi l'e�cacité de la compensation de la première injection par la seconde).

Il y a donc un défaut de phase résiduel, de l'ordre de 0, 02π, entre les deux voies
d'injection, su�samment faible ceci dit pour que le �ltre quantique n'ait pas à le prendre
en compte. Insistons pour �nir sur l'importance d'un telle conclusion : si nous avions
dû incorporer ce défaut dans le calcul du �ltre, cela l'aurait considérablement compliqué.
Si la phase des injections peut prendre des valeurs autres que 0 ou π, relativement au
champ cohérent initial, les corrections α ne peuvent en e�et plus être considérées comme
purement réelles et toutes les simpli�cations faites au préalable tombent. L'importance du
soin à apporter au réglage du déphaseur est donc certaine 13.

III.3.2 E�ets parasites éventuels dus aux injections cohérentes

Pour conclure cette section, intéressons nous aux possibles e�ets secondaires d'une in-
jection micro-onde. Nous avons en e�et jusqu'à présent oublié que pour injecter un champ
dans la cavité, il faut en créer un considérablement plus grand dans toute la boîte d'écran-
tage contenant la cavité supraconductrice et les zones de Ramsey. Le long temps de vie
des photons dans la cavité, temps caractéristique de la perte d'un photon de la cavité vers
l'environnement. . . mais aussi de l'entrée d'un photon dans la cavité depuis l'environne-
ment, nous oblige en e�et à injecter de très nombreux photons dans l'environnement pour
espérer en faire entrer quelques-uns dans le mode du champ.

12. L'erreur est obtenue en utilisant la formule

∆(δφ)

δφ
=

T0/Teff,0

1− (T0/Teff,0)
2

√(
∆T0

T0

)2

+

(
∆Teff,0

Teff,0

)2

avec T0 = γ−1
0 et Teff,0 = γ−1

eff,0.
13. Cela implique notamment un re-réglage périodique, par exemple au beau milieu d'une période de

prise de données !
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Figure III.19 � E�et des injections micro-
ondes sur le contraste des franges de Ramsey.
L'interféromètre est réglé avec la phase de
mesure φ(1)

r = 0. La probabilité de détecter
l'atome dans |g〉 est tracée en fonction de
la longueur des injections, à une fréquence
νinj = νcav (en noir) ou νinj = νcav + 50 kHz
(en rouge). 80µs d'injection correspondent à
un champ d'amplitude 0, 1.

Figure III.20 � E�et des injections micro-
ondes sur la phase des franges de Ramsey.
L'interféromètre est réglé avec la phase de
mesure φ(2)

r = π/2. La probabilité de détec-
ter l'atome dans |g〉 est tracée en fonction de
la longueur des injections, à une fréquence
νinj = νcav (en noir) ou νinj = νcav + 50 kHz
(en rouge).

La présence d'un champ aussi intense peut potentiellement in�uer sur l'état ou la phase
des sondes atomiques présents dans la boîte au moment de l'injection, et ainsi modi�er la
phase ou le contraste de l'interféromètre. Il nous a donc fallu véri�er que les injections que
nous ferons au cours de la rétroaction n'altèrent pas les franges de Ramsey obtenues en
champ vide.

Pour cela, nous enregistrons un signal de franges de Ramsey, i.e. la probabilité πg de
trouver un atome dans l'état |g〉, dans la situation où une injection micro-onde est faite à
chaque échantillon atomique, au moment où le nuage est au centre de la cavité 14. La mesure
est répétée pour des durées d'injection allant de 0, 2 à 80, 2µs, et avec un taux d'injection
γ sensiblement identique à celui que nous utiliserons dans nos expériences de rétroaction
quantique : 82µs d'injection correspondent à un champ d'amplitude αmax = 0, 1. De même,
le désaccord entre les atomes est la cavité est δ = νat − νcav ≈ +250 kHz.

Nous traçons �gures III.19 et III.20 les résultats obtenus pour deux phases de l'inter-
féromètre de Ramsey, respectivement φ(1)

r = 0 tel que πg soit maximum pour une cavité
vide, et φ(2)

r = π/2 tel que πg soit 15 50 % pour une cavité vide. Dans le premier cas, nous
visualiserons alors l'e�et des injections sur le contraste, tandis que dans le deuxième cas,
nous serons sensibles à l'e�et des injections sur la phase des franges. Par ailleurs, pour

14. Plus précisément, le milieu de l'impulsion correspond au passage de l'atome par le centre de la cavité.
15. Dans le cas de franges sans décalage.
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s'a�ranchir de l'e�et des déplacements lumineux induits par la présence de photons dans le
mode de la cavité, e�ets que nous ne voulons pas sonder ici, nous réglons la fréquence νinj

du champ injecté dans la boîte 50 kHz au-dessus de la fréquence de résonance de la cavité,
et donc 50 kHz plus près des atomes. Nous nous a�ranchissons ainsi de l'injection e�ective
de photons dans la cavité, en ampli�ant a priori les e�ets sur les atomes présents dans
la boîte au moment de l'injection. Les résultats obtenus avec cette fréquence d'injection
sont tracés en rouge sur les deux �gures. Nous donnons à titre de comparaison, en noir,
les résultats obtenus quand l'injection est faite à résonance (νinj = νcav). Si dans ce dernier
cas, la modi�cation des franges est notable 16, il n'en est rien dans le cas d'une injection
désaccordée : aucune structure ne ressort des barres d'erreur, même pour les injections
aussi longues que 80µs. Nous n'aurons donc pas à inclure dans le �ltre quantique de dé-
phasages ou pertes de contraste induits par les injections de correction réalisées pendant
le temps de vol d'une sonde atomique dans la boîte d'écrantage.

III.4 Modi�cation du �ltre quantique

Dans les sections précédentes, nous avons vu dans un premier temps comment le nouvel
ordinateur de contrôle a été gre�é à l'ancienne architecture expérimentale et comment
la synchronisation entre ces deux systèmes est réalisée. Nous avons ensuite détaillé les
calibrations des paramètres expérimentaux que nous avons à prendre en compte dans le
�ltre quantique. Il est apparu notamment que l'e�cacité �nie du détecteur doit être incluse
dans les calculs, ce que nous avions complètement omis dans le chapitre II.

Au vu des diverses contraintes expérimentales ainsi mises en évidence, des modi�ca-
tions doivent être apportées au �ltre quantique. Il faut d'une part s'assurer que le temps
nécessaire au calcul des corrections est compatible avec le minutage d'une séquence expéri-
mentale, et d'autre part inclure les erreurs de détection et imperfections de l'interféromètre
dans les calculs.

III.4.1 Réduction du temps de calcul

Au vu de la chronologie des événements donnée au paragraphe III.1.4, il apparaît qu'une
condition nécessaire au bon fonctionnement de la rétroaction est que tous les calculs du
�ltre quantique et du régulateur soient �nis avant le début de l'injection micro-onde, 70µs
après réception de l'impulsion événement. Ce choix des 70µs est ceci dit arbitraire. La limite
supérieure sur la longueur du calcul est en fait �xée par le temps séparant deux échantillons
atomiques, Ta = 82µs. Le processeur se doit en e�et d'avoir �ni tous ses calculs et donné ses
instructions à la carte DIO32 avant que l'échantillon suivant n'atteigne le détecteur, sous
peine d'accumuler des retards dans la boucle. En prenant en compte les temps nécessaires
à la lecture des détections atomiques, et à l'inscription des couples (sMW, t) dans la pile de
la carte DIO32, l'ordinateur a donc moins de 82µs pour faire tous les calculs nécessaires
à la rétroaction. Si l'on se rappelle qu'à chaque itération de la boucle, l'ordinateur doit

16. C'est de cet e�et dont nous nous sommes servis pour calibrer l'injection.
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manipuler des matrices carrées de taille au moins 8× 8 pour calculer l'e�et d'une mesure
QND, de la relaxation, et des éventuels déplacements du champ, et ce pour l'atome juste
détecté et tous les atomes de retard. . . la tâche semble peu aisée.

Plusieurs simpli�cations dans le calcul ont donc dû être utilisées pour satisfaire une
telle contrainte. Nous en donnons ici quelques exemples :

� Nous cherchons d'abord à calculer le moins d'éléments possible dans les matrices que
nous manipulons. Ainsi, à chaque fois qu'une matrice hermitienne de dimension N 2

est utilisée (la matrice densité du champ par exemple), seul le triangle inférieur, i.e.
N (N + 1)/2 éléments, est calculé ;

� L'emploi de boucles for est autant que faire se peut évité, notamment lors du calcul
de produits ou de sommes de matrices. Un gain de temps substantiel est obtenu en
écrivant explicitement l'expression des éléments de la matrice résultat. Par exemple,
pour calculer A = BC, nous écrirons

A(1,1) = B(1,1)C(1,1) + B(1,2)C(2,1) + ... + B(1,8)C(8,1);

A(1,2) = B(1,1)C(1,2) + B(1,2)C(2,2) + ... + B(1,8)C(8,2);

...

L'écriture du code en est bien sûr rendue plus délicate ;
� Nous l'avions déjà mentionné au paragraphe II.2, les déplacements D(α) décrivant
l'injection de champs cohérents |α〉 sont calculés via un développement à l'ordre
2 en α. Le fait que l'amplitude maximale injectée soit αmax = 0, 1 justi�e cette
approximation ;

� D'autres expressions données au chapitre II sont par ailleurs simpli�ées. Comme nous
le verrons ci-dessous, le calcul des déplacements est l'opération qui ralentit le plus,
et de loin, le calcul de la boucle. Or, rappelons ici l'expression de la matrice densité
ρk utilisée pour calculer l'amplitude αk de la correction appliquée à la ke itération de
la boucle (équations (II.12) à (II.19)) :

ρk =H(r)
k ρ̃k =

(
k+Nr−1∏
i=k

MnlTDi−Nr

)
ρ̃k,

où Mnl, T et Di−Nr sont les super-opérateurs décrivant respectivement une mesure
non-lue, la relaxation sur le temps d'une itération de la boucle et un déplacement
d'amplitude αi−Nr . Si l'on compte le déplacement calculé lors de l'estimation de la
matrice ρ̃k,

ρ̃k =Hkρ0 = [MkTDk−Nr−1] ρk−1,

Nr + 1 = 5 calculs de déplacements sont alors à faire à chaque itération de la boucle.
Sachant, comme nous allons le voir, qu'un seul de ces calculs prend au minimum
15µs, il semble impossible de satisfaire la contrainte des 82µs. Une approximation
supplémentaire, valable dans la limite des petits déplacements et des intervalles de
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temps courts devant Tcav, est donc faite dans l'expression deH(r)
k : quoique les super-

opérateurs M, T et D ne commutent pas de façon générale, nous les regroupons �par
type� pour obtenir l'expression suivante :

ρk = MNr
nl T

Nr

(
k+Nr−1∏
i=k

Di−Nr

)
ρ̃k = MNr

nl T
Nr ρ̃k(αt), (III.33)

αt =
k+Nr−1∑
i=k

αi. (III.34)

LesNr déplacements peuvent ainsi être regroupés en un seul déplacement d'amplitude
αt. L'absence de termes de phases est assurée par le fait que tous les coe�cients αi
sont réels. En procédant ainsi, un seul calcul de déplacement, au lieu de Nr, est à
faire lors du traitement des atomes de retard, soit un gain non négligeable d'au moins
45µs.

Nous nous devons �nalement de discuter du choix de la taille de l'espace de Hilbert
utilisé. Un compromis doit en e�et être trouvé :

� Plus l'espace de Hilbert est grand, plus l'estimation que nous faisons de l'état du
champ est bonne. C'est particulièrement vrai dans les situations, telles que rencon-
trées dans nos simulations numériques du chapitre précédent, où le nombre de photons
dans la cavité s'envole du fait d'un trop grand nombre d'injections de correction ;

� Plus l'espace de Hilbert est petit en revanche, plus les calculs sont rapides.
Il nous faut donc choisir la dimension N la plus grande possible qui permette au pro-

cesseur de �nir tous les calculs nécessaires à une itération de la boucle en moins de 82µs.
Nous traçons �gure III.21 le temps de calcul d'une itération de la boucle et l'amplitude des
corrections cohérentes le long d'une trajectoire quantique, pour trois tailles di�érentes de
l'espace de Hilbert (N = 8, 9, ou 10). La corrélation entre les temps de calcul les plus longs
et les amplitudes αk non nulles y est �agrante. Nous mettons ainsi clairement en évidence
le poids important des déplacements dans le temps de calcul total d'une itération. Cela
peut en partie être expliqué par le fait que le calcul de ρ(α) fait intervenir des termes de
la forme ρa ou aρ qui ne sont pas hermitiens. Tous les éléments de ces matrices doivent
alors être calculés, et non plus seulement ceux du triangle inférieur.

Pour chacune des trajectoires quantiques considérées, il apparaît par ailleurs que le
temps de calcul d'une itération ne prend essentiellement que trois valeurs distinctes :

� Si tous les coe�cients αi qui interviennent dans les calculs de ρk ou de ρ̃k sont nuls,
tous les déplacements D(αi) sont égaux à l'identité, et aucun de ces longs calculs
n'est à faire. Le temps de calcul est alors minimal : 24µs, 28µs et 33µs pour N = 8,
9, et 10 respectivement ;

� Si au contraire aucun de ces termes n'est nul, la durée de l'itération est maximale,
et l'on trouve 52µs, 65µs et 79µs pour N = 8, 9, et 10 respectivement ;

� Si en�n l'un seul des deux déplacements à calculer est l'identité, le surplus de temps
vis à vis de la durée minimale de l'itération est, comparé à la situation précédente,
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(a) N = 8. (b) N = 9.

(c) N = 10.

Figure III.21 � Temps de calcul en microsecondes (bleu) et amplitude des corrections
en échelle logarithmique signée (rouge) le long d'une trajectoire quantique, et pour trois
tailles N de l'espace de Hilbert utilisé. La corrélation entre les longs temps de calcul et les
amplitudes non nulles est apparente.
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divisé par deux. C'est par exemple le cas si la correction αk est nulle, mais que l'une
au moins des Nr corrections précédentes ne l'est pas.

De cette étude ressort �nalement le fait que l'utilisation d'espaces de Hilbert de taille
au moins 10 est à proscrire. Au moins 80µs sont alors nécessaires au calcul d'une itération
de la boucle dès que la rétroaction devient active, i.e. très, voire trop, proche de la limite
maximale des 82µs.

En revanche, il apparaît que toutes les simpli�cations de calcul utilisées dans le code,
et évoquées ci-dessus, permettent pour N = 8 ou 9 de satisfaire amplement la contrainte
de temps sur le calcul des corrections. Les résultats du paragraphe IV nous permettront
en outre de nous convaincre que cette taille est su�samment grande pour ne pas dégrader
la qualité de la rétroaction.

III.4.2 Suivi en temps réel de l'état du champ

Avant de passer à l'étude des calibrations de la boucle de rétroaction, testons, dans un
cas simple, la synchronisation du nouvel ordinateur de contrôle avec le reste du dispositif
expérimental, ainsi que la �abilité de ses calculs. L'expérience que nous réalisons consiste
à suivre en temps réel l'évolution du champ intracavité, initialement préparé dans l'état
cohérent

∣∣α =
√

3
〉
, et sondé, toutes les 82µs, par des atomes en con�guration Ramsey

avec :
� un déphasage par photon de l'ordre de π/4 : φ(n) = (0, 265π)n,
� l'interféromètre réglé avec la phase φr = ϕr(3) = π/2− φ(3).

Nous suivons ainsi, pour ces deux paramètres, les recommandations du chapitre précédent
préconisées dans le cas où l'état cible de la rétroaction est |n = 3〉. Notons que nous sommes
sur le point d'étudier le fonctionnement en boucle ouverte de la rétroaction.

La détection des sondes est faite en parallèle par l'ADwin et par la carte NI. L'idée
est alors de comparer l'évolution des populations P (n, t) calculées en temps réel par
ADwin, et a posteriori par notre logiciel d'analyse QND usuel, développé lors d'expé-
riences précédentes [33]. Les deux analyses utilisent donc la méthode itérative exposée au
paragraphe I.4.2. La relaxation en Tcav = 65 ms est prise en compte, et les événements où
plus d'un atome sont détectés ne sont pas analysés. Notons en�n que l'analyse a été faite
ici avec un espace de Hilbert de taille 17 N = 10, mais que, par souci de lisibilité, nous ne
tracerons pas P (8, t) et P (9, t), pour ainsi dire nuls tout le long de la trajectoire.

Nous traçons �gure III.22 les deux ensembles {P (n, t)/0 ≤ n ≤ 7} ainsi obtenus après
moyenne sur 400 trajectoires quantiques de 400 ms chacune. Ici, si le nouvel ordinateur de
contrôle utilise les comptes donnés par sa propre carte compteur, les résultats obtenus avec
notre logiciel d'analyse QND externe correspondent au traitement des détections obtenues
par la carte National Instruments. Le fait que, pour tous les nombres de photons tracés,
les courbes soient à peine distinguables nous con�rme d'une part que les résultats des
détections ADwin et NI ne sont pas signi�cativement di�érents, et d'autre par que les

17. Ici, puisqu'aucun déplacement n'est à faire, le �ltre quantique a le temps de �nir ses calculs en moins
de 82µs avec N = 10.
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Figure III.22 � Comparaison des popula-
tions P (n, t) calculées en temps réel par AD-
win (traits continus), et a posteriori par le
logiciel d'analyse QND à partir des comptes
de la carte NI (pointillés), dans une expé-
rience de boucle ouverte.

Figure III.23 � Comparaison des popula-
tions P (n, t) calculées en temps réel par AD-
win (traits continus), et a posteriori par le
logiciel d'analyse QND (pointillés) dans une
expérience de boucle ouverte. Les deux ana-
lyses utilisent les résultats donnés par la
carte compteur de l'ADwin.

calculs faits par l'ADwin en temps réel sont aussi bons que ceux faits par un ordinateur
externe, a posteriori, qui lui a tout son temps.

Pour s'en convaincre, nous traçons �nalement ces deux mêmes ensembles {P (n, t)} sur
la �gure III.23, les deux analyses traitant cette fois les comptes reçus par la carte ADwin.
Les trajectoires sont maintenant indistinguables 18.

Nous montrons ainsi que, dans un cas simple au moins, i.e. la boucle ouverte de la
rétroaction que nous cherchons à mettre en place, le �ltre quantique est capable de donner
une estimation �able et en temps réel de l'état du champ dans la cavité.

III.4.3 Prise en compte des erreurs de détection

Dans le �ltre quantique décrit au chapitre précédent, nous n'avons pas pris en compte les
erreurs de détection. L'objet de ce paragraphe est d'y apporter les corrections nécessaires.

Nous avons vu, dans un premier temps, que l'e�cacité de détection n'est maintenant
plus que de 35%. Les expériences de rétroaction quantique présentées au chapitre suivant
sont typiquement faites avec une préparation atomique telle que n(d)

a ≈ 0, 2 atomes par
paquet soient détectés. En réalité, il y a donc na = n

(d)
a /εd ≈ 0, 6 atomes par paquet. Pour

ces valeurs de na, la probabilité qu'il y ait 2 atomes dans le nuage est de près de 10%, et nous

18. Le lecteur doutant de la présence de deux ensembles de trajectoires pourra s'en convaincre en re-
gardant les deux derniers points de P (0, t) et P (1, t). Leurs valeurs aberrantes sont liées à un artefact de
notre logiciel QND.
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ne pouvons donc plus négliger de tels événements. La probabilité d'en avoir strictement
plus que 2 est en revanche de l'ordre de 2% et nous omettrons tous ces événements.

A priori, si deux atomes se retrouvent simultanément dans la cavité, la situation est
bien plus complexe qu'avec un atome unique. Des phénomènes de collisions assistées par
cavité [108] sont en e�et alors possibles : deux atomes peuvent par exemple échanger leurs
excitations sans modi�er le nombre de photons dans la cavité. Toutefois, nous avons véri�é
via des simulations numériques que, pour le grand désaccord atome-cavité utilisé, la modi-
�cation de l'état du champ lors du passage simultané de deux atomes est indistinguable de
celle induite par le passage successif de ces deux mêmes atomes, à résultats de détection
égaux. Nous traiterons donc tous les événements à 2 atomes comme la succession de deux
événements à 1 atome.

Il nous faut maintenant passer en revue tous les résultats possibles d'une détection
atomique et, pour chacun d'eux, modi�er la loi simple (II.7). Dans toute la suite, nous
noterons :

� Pa(n|md) la probabilité qu'il y ait n atomes �réels� sachant que m atomes ont été
détectés, et inversement Pa(md|n) la probabilité de détecter m atomes sachant qu'il
y en a n,

� na le nombre moyen d'atomes préparés par paquet, et Pa(n) = exp(−na)nna/(n!) la
probabilité qu'il y ait n atomes dans le nuage,

� p
(d)
J la probabilité que la détection atomique donne le résultat J : {e}, {g}, {e, g},
{g, g}, {e, e} ou {0},

� pJ la probabilité que les atomes soient dans la con�guration J en sortie de l'interfé-
romètre,

� p(Jd1 |J2) la probabilité de détecter le résultat J1 sachant que les atomes sont dans la
con�guration J2, et inversement p(J1|Jd2 ) la probabilité que les atomes aient été dans
la con�guration J1 sachant qu'ils ont été détectés dans la con�guration J2.

Nous dé�nissons par ailleurs les opérateurs de Kraus MJ , correspondant au résultat J
d'une détection atomique contenant ne(J) atomes |e〉 et ng(J) = N(J)−ne(J) atomes |g〉,
et les probabilités pJ associées pour une matrice densité ρ̃k+ 2

3
, en gardant les notations du

chapitre précédent, par

MJ =

√(
N(J)
ne(J)

)
(Me)

ne(J)(Mg)
ng(J), (III.35)

pJ = Tr(MJ ρ̃k+ 2
3
M †

J). (III.36)

Notons qu'ici, nous ne faisons par exemple pas la distinction entre les con�gurations
(e, g) et (g, e). Bien que les atomes soient distinguables, au sens statistique du terme, nous
ne pouvons pas les discriminer avec notre détecteur qui les détecte simultanément. Ce
n'est ceci dit en rien un problème puisque, les opérateurs Me et Mg étant diagonaux, ils
commutent entre eux, et

M(e,g) = M(g,e) = MeMg =
1√
2
Meg, (III.37)
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où Meg a été dé�ni équation (III.35). Si une mesure sur le champ de matrice densité ρ
donne le résultat {e, g}, alors, en oubliant toute erreur de détection éventuelle, son état est
projeté après la mesure sur

ρ{e,g} =
1

2
ρ(e,g) +

1

2
ρ(g,e)

=
Mg(Me ρM

†
e )M †

g

2 Tr
(
ρM †

(e,g)M(e,g)

) +
Me(Mg ρM

†
g )M †

e

2 Tr
(
ρM †

(g,e)M(g,e)

)
=
Meg ρM

†
eg

peg
= ρ(e,g) = ρ(g,e),

et la distinction (e, g)/(g, e) n'est donc pas nécessaire. Notons toutefois que peg = p(e,g) +

p(g,e) = 2p(e,g), ce qui se traduit également par le facteur
√

2 dans les équations (III.35) et
(III.37), présent pour assurer l'égalité

MeeM
†
ee +MggM

†
gg +MegM

†
eg = 1, (III.38)

ou de façon plus générale,

∀N
∑

J/N(J)=N

M †
JMJ =

∑
ne(J)

(
N

ne(J)

)
(M †

eMe)
ne(J)(M †

gMg)
N−ne(J) = 1. (III.39)

Aucun atome détecté Supposons qu'à une itération de la boucle, aucun atome ne soit
détecté, i.e. J = 0. Les probabilités qu'il y ait 0, 1 ou 2 atomes sont alors

Pa(n|0d) = Pa(0d|n)
Pa(n)

Pa(0d)
, (III.40)

où Pa(0d) =
2∑

n=0

Pa(0d|n)Pa(n) = Pa(0) + (1− εd)Pa(1) + (1− εd)2Pa(2). (III.41)

L'équation III.40 n'est rien d'autre que la loi classique d'inversion de Bayes.
Si n atomes sont présents mais qu'aucun n'est détecté, n mesures non lues ont alors été

faites sur le champ de la cavité. La loi de transformation de ρ est alors

ρ̃k+1 =
2∑

n=0

Pa(n|0d)Mn
nl ρ̃k+ 2

3
. (III.42)

Deux atomes détectés Si maintenant nous supposons que deux atomes ont été détectés,
nous sommes dans une situation où tous les atomes e�ectivement préparés ont été vus par
le détecteur, puisque nous négligeons les situations où plus de 2 atomes ont pu être excités.
Les seuls défauts à prendre en compte sont donc les erreurs de détection. Si le résultat de
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la détection est J0 ∈ S2 = {{e, e}, {e, g}, {g, g}}, la probabilité que le paquet atomique soit
dans la con�guration J1 ∈ S2 est

p(J1|Jd0 ) = p(Jd0 |J1)
pJ1

p
(d)
J0

, (III.43)

où p
(d)
J0

=
∑
J∈S2

p(Jd0 |J)pJ . (III.44)

La dé�nition des pJ ayant déjà été donnée équation (III.36), il ne nous reste qu'à donner
l'expression des probabilités p(Jd1 |J2), où J1 et J2 sont des con�gurations à deux atomes : p(ed, ed|e, e) = (1− ηe)2

p(ed, ed|e, g) = (1− ηe) ηg
p(ed, ed|g, g) = η2

g

(III.45)

 p(gd, gd|e, e) = η2
e

p(gd, gd|e, g) = ηe (1− ηg)
p(gd, gd|g, g) = (1− ηg)2

(III.46)

 p(ed, gd|e, e) = 2(1− ηe) ηe
p(ed, gd|g, g) = 2(1− ηg) ηg
p(ed, gd|e, g) = (1− ηe)(1− ηg) + ηeηg.

(III.47)

La loi de transformation de la matrice densité du champ, après la détection d'un paquet
atomique dans la con�guration J0 contenant deux atomes, est alors

ρ̃k+1 =
∑
J∈S2

p(J |Jd0 )
MJ ρ̃k+ 2

3
M †

J

pJ
, S2 = {{e, e}, {e, g}, {g, g}} . (III.48)

Un seul atome détecté Cette situation est la plus complexe. D'une part, il peut y
avoir ou pas un deuxième atome en présence qui n'a pas été détecté. D'autre part, l'atome
mesuré peut l'avoir été correctement ou pas. Toutes les con�gurations, excepté celle où
aucun atome n'a été préparé, sont donc possibles.

Donnons dans un premier temps les probabilités qu'il y ait 1 ou 2 atomes sachant qu'un
seul a été détecté. Il nous faut pour cela les probabilités

Pa(1d|1) = εd (III.49)

Pa(1d|2) = 2εd (1− εd). (III.50)

En utilisant les mêmes arguments bayesiens que précédemment, nous trouvons �nalement

Pa(1|1d) =
Pa(1)

Pa(1) + 2(1− εd)Pa(2)
, (III.51)

Pa(2|1d) =
2(1− εd)Pa(2)

Pa(1) + 2(1− εd)Pa(2)
. (III.52)
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Si l'on note j le résultat de la mesure, il nous faut maintenant donner toutes les probabi-
lités p(J |jd), probabilité que les atomes soient dans la con�guration J , où J 6= {0} est une
con�guration quelconque, sachant qu'un atome a été détecté et qu'il l'a été dans |j〉. Par
souci de lisibilité, nous ne donnerons les résultats que pour j = e. Les résultats pour j = g
s'obtiennent alors simplement en échangeant les indices e et g dans les formules (III.59).

Détaillons le calcul de p(e, g|ed), les autres se calculant de manière analogue. D'une
part, cette probabilité n'est non nulle que si Pa(2|1d) est non nul :

p(e, g|ed) = Pa(2|ed) p(e, g|ed; 2) = Pa(2|1d) p(e, g|ed; 2), (III.53)

où p(e, g|ed; 2) est la probabilité que les atomes soient dans la con�guration {e, g} sachant
qu'un atome a été détecté dans |e〉, et qu'il y a en réalité 2 atomes. Nous avons utilisé le
fait que la probabilité Pa(2|ed) qu'il y ait deux atomes sachant qu'un atome a été détecté
dans |e〉 est égale à la probabilité Pa(2|1d) qu'il y ait deux atomes sachant qu'un atome
à été détecté. Autrement dit, la probabilité d'avoir 2 atomes en réalité dans le nuage ne
dépend pas de l'état dans lequel l'atome a été détecté. La loi d'inversion de Bayes (III.40)
nous donne alors

p(e, g|ed; 2) = p(ed|e, g; 2; 1d)
p(e, g|2)

p(ed|2; 1d)
= p(ed|e, g; 1d)

peg
p(ed|2; 1d)

, (III.54)

avec p(ed|2; 1d) = p(ed|e, e; 1d)pee + p(ed|e, g; 1d)peg + p(ed|g, g; 1d)pgg, (III.55)

où p(ed|i, j; 1d) est la probabilité de détecter e sachant qu'il y a deux atomes, en con�gu-
ration {i, j}, et qu'un et un seul a été détecté 19. Ces probabilités ont pour expression

p(ed|e, e; 1d) = 1− ηe, (III.56)

p(ed|g, g; 1d) = ηg, (III.57)

p(ed|e, g; 1d) =
1− ηe + ηg

2
. (III.58)

19. Nous utilisons implicitement le fait que la probabilité que deux atomes soient dans la con�guration
J à deux atomes (J = {e, g} ici), sachant qu'il y a deux atomes, ne dépend pas du fait qu'un atome ait
été détecté ou pas : p(e, g|1d; 2) = p(e, g|2).
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Nous pouvons alors écrire le résultat �nal :

p(e|ed) = Pa(1|1d)
(1− ηe)pe

(1− ηe)pe + ηgpg
,

p(g|ed) = Pa(1|1d)
ηgpg

(1− ηe)pe + ηgpg
,

p(e, e|ed) = Pa(2|1d)
ηepee

ηepee + 1−ηe+ηg
2

peg + ηgpgg
,

p(e, g|ed) = Pa(2|1d)
1−ηe+ηg

2
peg

ηepee + 1−ηe+ηg
2

peg + ηgpgg
,

p(g, g|ed) = Pa(2|1d)
ηgpgg

ηepee + 1−ηe+ηg
2

peg + ηgpgg
.

(III.59)

La loi de transformation de ρ̃k+ 2
3
s'écrit alors comme précédemment :

ρ̃k+1 =
∑
J∈S1

p(J |ed)
MJ ρ̃k+ 2

3
M †

J

pJ
, S1 = {{e}, {g}, {e, e}, {e, g}, {g, g}} . (III.60)

Du fait de l'imperfection de notre détecteur, la simple loi de transformation (II.7) doit
donc être remplacée par les trois lois (III.42), (III.60), et (III.48). Cela implique notamment
le calcul de toutes les probabilités du type (III.59) à chaque détection atomique. Notons
d'ailleurs que toutes ces probabilités dépendent de l'occupation moyenne na d'un paquet
atomique. Pour optimiser l'évaluation faite par le �ltre quantique au cours de la rétroac-
tion, nous mesurons alors en temps réel ce paramètre na, plutôt que d'en �xer une valeur
moyenne au début de l'expérience. Ceci est fait en mesurant le nombre moyen d'atomes
détectés par paquet n(d)

a à partir des précédentes trajectoires quantiques, et d'en déduire
na connaissant εd.
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Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons vu dans un premier temps comment le nouvel ordinateur
de contrôle, en charge du suivi en temps réel de l'état du champ, et du calcul et de l'in-
jection des champs cohérents de correction, a été mis en place au sein de l'architecture
expérimentale déjà existante. La synchronisation de ses multiples cartes avec le reste du
montage, ainsi que la concordance des mesures réalisées par la nouvelle et l'ancienne carte
de comptage des atomes, ont ainsi été discutées en détails.

Par la suite, nous nous sommes attachés à calibrer tous les paramètres expérimentaux
intervenant dans les calculs du �ltre quantique. Les défauts du détecteur à atomes (e�cacité
de détection) et de l'interféromètre de Ramsey (pris en compte via des taux d'erreurs
de détection e�ectifs) ont ainsi été mesuré. La calibration de l'amplitude des champs de
correction, ainsi que le choix de la gamme de variation à utiliser pour la rétroaction, ont
par ailleurs été exposés.

Dans la troisième section du chapitre, nous nous sommes penchés sur de possibles
imperfections expérimentales, non prises en compte par la rétroaction. Nous avons ainsi
véri�é que la di�érence de phase, induite par le déphaseur contrôlant le signe des injections
de correction, est su�samment proche de la valeur désirée, et que les atomes de Ryberg,
dans leur parcours au sein du dispositif expérimental, ne sont pas perturbés par ces mêmes
injections, les franges de Ramsey conservant ainsi leur contraste, décalage et phase calibrés
par ailleurs.

Dans une dernière partie en�n, nous avons vu comment la réalité du dispositif expéri-
mental doit être prise en compte dans l'élaboration du �ltre quantique décrit au chapitre
précédent. Après s'être assurés que le temps de calcul nécessaire à la bonne réalisation
d'une itération de la boucle de rétroaction satisfait bien aux contraintes temporelles liées à
l'expérience, nous avons véri�é que, sur une réalisation de la rétroaction en boucle ouverte,
les prédictions en temps réel du �ltre quantique sont identiques à celles, faites a posteriori,
de notre logiciel d'analyse de mesures QND, développé précédemment. Les imperfections de
détection et de l'interféromètre ont en�n pu être prises en compte via une complexi�cation
indispensable du �ltre.

Tous les ingrédients sont donc à ce stade réunis pour commencer nos expériences de
rétroaction quantique sur l'état du champ micro-onde intracavité, dont les résultats sont
présentés au chapitre suivant.



Chapitre IV

Résultats expérimentaux

Nous avons décrit au chapitre II le principe théorique de la rétroaction quantique que
nous souhaitons mettre en ÷uvre : l'objectif est de préparer le champ de la cavité dans un
état de Fock cible |nc〉, et de le protéger contre la décohérence. La réalisation expérimentale
d'une telle boucle de rétroaction a nécessité, comme nous l'avons vu au chapitre III, la mise
en place d'un ordinateur de contrôle, capable de réagir en temps réel sur la séquence expé-
rimentale, et une calibration précise de tous les paramètres intervenant dans l'estimation
de la matrice densité du champ. Maintenant toutes ces étapes franchies, nous sommes en
mesure de tester e�ectivement et expérimentalement notre procédure.

Nous aurons dans un premier temps à décrire la séquence expérimentale utilisée. Celle-
ci se divise en trois étapes dont nous donnerons successivement le détail : une phase
d'initialisation préparant le champ dans l'état initial désiré, la phase de rétroaction quan-
tique à proprement parler, et en�n une phase de mesure nous permettant de tester la qualité
de la boucle. Nous présenterons alors les résultats obtenus pour les quatre états cibles |1〉,
|2〉, |3〉 et |4〉, en s'intéressant successivement aux trois points suivants : les trajectoires
quantiques individuelles d'une part, le régime stationnaire de la rétroaction d'autre part,
et l'e�cacité de préparation de l'état cible en�n, en termes de �délité et de vitesse de
convergence. Nous pourrons ensuite par une analyse statistique des trajectoires enregis-
trées mieux comprendre comment la rétroaction quantique agit, et notamment comment
les sauts quantiques sont corrigés. Dans une dernière partie, nous comparerons �nalement
la vitesse avec laquelle un état de Fock est préparé à celle obtenue avec une méthode
�essais/erreurs�, ne se servant que de mesures QND comme outil de préparation.

IV.1 Séquence expérimentale

Dans cette section, nous décrivons les trois étapes constituant la réalisation d'une expé-
rience de rétroaction quantique. Nous nous attarderons essentiellement sur la phase d'ini-
tialisation, que nous n'avons pas encore détaillée. Les paramètres expérimentaux utilisés
dans les deux dernières étapes, de rétroaction quantique et de mesure des performances de
la boucle, seront ensuite donnés.

139
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IV.1.1 Initialisation

Avant de lancer la rétroaction quantique à proprement parler, il nous faut préparer le
champ de la cavité dans un état connu, et de préférence su�samment proche de l'état
cible pour améliorer la rapidité de convergence de la boucle. L'idée est donc, comme nous
l'avons déjà vu, de préparer le champ cohérent

∣∣α0 =
√

nc

〉
contenant autant de photons

en moyenne que la cible |nc〉. C'est en e�et l'état classique qui maximise la probabilité de
trouver nc à l'issue d'une mesure QND.

La façon dont un tel état est préparé a déjà été présentée, aux paragraphes I.1.2.b et
III.2.1 notamment. Cependant, nous avons alors toujours supposé que la cavité est dans le
vide de photons avant le début de l'injection de champ micro-onde. Ce n'est pas le cas de
façon générale. Les expériences que nous réalisons nécessitent en e�et d'être répétées de très
nombreuses fois si nous voulons en extraire un comportement moyen. Le taux de répétition
de l'expérience est alors un paramètre important, que nous cherchons bien sûr à rendre
aussi grand que faire se peut. Dès lors, l'intervalle de temps séparant la réalisation de deux
trajectoires quantiques, testant les mêmes paramètres expérimentaux, est rendu aussi faible
que possible. En particulier, il est bien plus faible que le temps de vie moyen d'un photon
dans la cavité, i.e. Tcav = 65 ms. Si le champ est laissé dans un état proche de la cible à la
�n d'une trajectoire quantique, nous ne pourrons plus supposer que la cavité est vide au
début de la suivante, i.e. au moment de l'impulsion micro-onde préparant l'état cohérent
|α0〉. Notons en outre que même si nous attendions su�samment longtemps, la cavité ne
serait pas dans l'état |0〉 mais dans le mélange statistique qu'est le champ thermique à
0, 8 K contenant environ 0, 05 photons.

Entre la �n d'une trajectoire quantique et le début de la suivante, nous devons donc
préparer activement l'état vide |0〉. L'idée est d'utiliser des atomes en interaction résonante
avec la cavité qui, préparés dans l'état |g〉, pourront en absorber les excitations. Nous appe-
lons ces atomes, pour des raisons évidentes, �atomes serpillières�. Une solution consisterait
alors à contrôler le temps d'interaction tint des atomes résonants avec la cavité pour leur
faire faire une rotation π, absorbant ainsi un photon par atome préparé. Ceci étant dit,
une telle solution, quoique possible, voit son e�cacité dépendre notablement :

� de l'état dans lequel la cavité est initialement : imaginons que le temps d'interaction
tint est tel qu'un atome préparé dans |g〉, avec un champ initialement dans l'état |1〉,
subisse une impulsion π :

Ω0tint = π. (IV.1)

Si maintenant le champ est laissé dans l'état |4〉, l'impulsion subie par l'atome devient
une impulsion 2π,

√
4Ω0tint = 2π, (IV.2)

et aucun photon n'est absorbé. La dépendance de la fréquence de Rabi en le nombre
de photons intracavité est ici le facteur limitant ;

� du nombre d'atomes dans l'échantillon : le fait est que la fréquence de Rabi dépend
également du nombre d'atomes interagissant simultanément avec le mode de la cavité.
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Figure IV.1 � Transition adiabatique de
|g, n+ 1〉 à |e, n〉. δ0 et E0 sont respective-
ment les désaccord et champ électrique ini-
tiaux, correspondant à ceux utilisés pour les
sondes Ramsey.

Figure IV.2 � Modi�cation du désaccord
atome�champ pour les atomes serpillières
par e�et Stark quadratique. L'origine des
temps correspond au passage du centre du
nuage atomique par le centre du mode de la
cavité.

Or, pour rendre l'absorption de photons e�cace, nous chercherons à rendre aussi
grand que possible le nombre d'atomes préparés par échantillon. La préparation étant
poissonienne, cela implique une �uctuation d'autant plus grande du nombre d'atomes
e�ectivement présents, et donc du nombre de photons absorbés par atome.

La solution retenue est de faire passer les atomes quasi-adiabatiquement de l'état
|g, n+ 1〉 à l'état |e, n〉. Nous utilisons pour cela notre capacité à modi�er continûment
le désaccord atome/champ par e�et Stark en changeant les potentiels appliqués sur les
miroirs de la cavité, et donc le champ électrique statique E en son sein. Nous rappelons
sur la �gure IV.1 la variation des énergies des états propres de l'atome habillé en fonc-
tion du champ électrique dans la cavité, i.e. du désaccord δ ∼ E2. En partant de l'état
|g, n+ 1〉 et 1 δ = δ0 = 250 kHz, correspondant à la valeur du champ électrique utilisé pour
les sondes QND, nous augmentons progressivement E pour faire passer le désaccord de δ0

à −δ0. L'anticroisement à la résonance des niveaux |+, n〉 et |−, n〉 permet alors le passage
du niveau |g, n+ 1〉 au niveau |e, n〉 en sortie de la cavité. La �gure IV.2 donne le pro�l
temporel du potentiel appliqué sur l'un des deux miroirs et permettant une telle variation
du désaccord δ. Notons que quand le nuage atomique passe par le centre du mode de la
cavité, les atomes sont à résonance avec le champ.

1. Notons que l'e�et Stark étant quadratique pour les niveaux circulaires, nous ne pouvons que diminuer
la fréquence atomique par application d'un champ électrique. Le désaccord en champ faible doit donc être
positif si l'on veut pouvoir mettre ainsi les atomes à résonance.
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Figure IV.3 � Distribution de vitesse des
atomes serpillières : en noir, sans sélection
de vitesse ; en bleu, avec le laser repompeur
allumé en continu ; en rouge (et dans l'en-
cart), avec le laser repompeur allumé 20µs.

Figure IV.4 � Franges de Ramsey avec
(rouge) et sans (noir) atomes serpillières.
Le champ cohérent injecté avant leur pas-
sage est d'amplitude unité. Les lignes conti-
nues sont des ajustements sinusoïdaux. Avec
deux préparations d'atomes serpillières, le
contraste trouvé est de (78, 5±0, 5)%, contre
∼ 20% sans.

Paramètres expérimentaux Comme nous l'avons précédemment évoqué, nous cher-
chons à avoir un grand nombre d'atomes serpillières par échantillon, sans pour autant se
priver d'une sélection de vitesse : la rampe de potentiel sur la cavité doit être appliquée
au bon moment. Les contraintes expérimentales sont toutefois moins sévères que pour les
atomes QND, pour lesquels le temps d'interaction avec le champ de la cavité devait être
précisément contrôlé. Ici, la classe de vitesse peut être relativement large. Par ailleurs, au
vu de la distribution de vitesse donnée �gure IV.3, il est plus e�cace de centrer la distribu-
tion de vitesse sélectionnée sur des valeurs plus élevées que les 250 m · s−1 des atomes QND.
Pour des raisons techniques cependant, nous ne pouvons pas utiliser deux procédures de
circularisation di�érentes pour les sondes et pour les serpillières, et leurs vitesses ne doivent
donc pas être notablement di�érentes. Nous choisissons alors de leur donner une vitesse
de (325± 4) m · s−1.

Au chapitre I, nous avons expliqué que le choix des 82µs séparant deux préparations
atomiques est lié à la position des atomes dans leur parcours au moment des impulsions
micro-ondes de puri�cation des autres échantillons. Cet intervalle de temps dépend donc
de la vitesse des atomes, et les serpillières se voient séparées �nalement de 90µs.

Notons par ailleurs que ces atomes serpillières sont précisément les atomes que nous
avions utilisés au chapitre I pour mesurer le spectre de la cavité : nous regardions alors
le taux de transfert des atomes préparés dans l'état |g〉 vers l'état |e〉, caractéristique du
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nombre de photons dans la cavité, après une injection micro-onde de fréquence connue.

E�cacité Pour tester l'e�cacité des serpillières, nous utilisons une nouvelle fois le fait
que le contraste des franges est réduit en présence d'un champ dans la cavité. Si, entre
l'injection d'un champ |α〉 et le passage des sondes Ramsey, nous envoyons des atomes
serpillières e�acer le champ tout juste créé, le contraste des franges devrait toutefois être
celui mesuré en l'absence de champ. Sur la �gure IV.4, nous traçons en rouge les franges
obtenues pour α = 1, avec 2 échantillons serpillières préparés, contenant chacun en moy-
enne 5, 3 atomes. Elles sont à comparer à celles obtenues quand aucun atome serpillière
n'est envoyé, tracées en noir sur la même �gure. La di�érence est manifeste : le contraste
passe de 20% à plus de 78% avec ces serpillières. Notons de surcroît que le contraste
C2 = (78, 5± 0, 5)% mesuré avec ces 2 serpillières préparées est inchangé si nous en en-
voyons 10. Si au contraire une seule excitation est réalisée, le contraste des franges décroît
légèrement : C1 = (76, 5± 0, 4)%.

Deux échantillons serpillières sont donc su�sants pour e�acer un champ cohérent conte-
nant 1 photon. En pratique, lorsque nous réaliserons les expériences de rétroaction quan-
tique, nous ne pourrons pas présumer de la qualité de la boucle, et nous ne pourrons
notamment pas exclure a priori les situations où le �ltre quantique échoue gravement dans
son estimation de l'état du champ. Dès lors, il se peut qu'en �n de trajectoire quantique, le
nombre de photons dans la cavité soit très élevé. Pour pallier ces situations pathologiques,
nous décidons d'envoyer systématiquement 50 échantillons de serpillières au début d'une
réalisation de la boucle.

IV.1.2 Séquence de rétroaction continue

Une fois le champ cohérent
∣∣α =

√
nc

〉
préparé, la rétroaction quantique peut commen-

cer. Nous précisons ici les paramètres expérimentaux utilisés au cours de l'opération de la
rétroaction quantique en suivant étape par étape le parcours d'un atome de sa préparation
à sa détection (voir �gure IV.5).

� À un instant pris comme origine des temps débute, par une impulsion laser à 780 nm
de 2µs, la circularisation d'un échantillon d'atomes de rubidium dans la boîte à
circulariser, qu'un atome éventuellement circularisé quitte dans le niveau |g〉 à la
vitesse de 250 m · s−1. En moyenne, environ 0, 6 atomes sont ainsi préparés ;

� À t = 586µs, il subit une première impulsion π/2 dans la première zone de Ramsey ;
� Il traverse alors la cavité et interagit avec le champ de façon dispersive, le désaccord
étant δ = 243 kHz. Le déphasage subi en présence de n photons, déjà mesuré au
paragraphe I.4, est

φ(n) = (0, 256π)n− (0, 002π)n2; (IV.3)

� Dans la seconde zone de Ramsey, une nouvelle impulsion π/2 est réalisée, à t = 948µs,
telle que la phase de l'interféromètre soit

φr = ϕr(nc) =
π

2
− φ(nc); (IV.4)
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Figure IV.5 � Diagramme espace-temps d'une trajectoire atomique. Les �èches obliques
représentent les trajectoires des atomes, préparés toutes les 82µs. Les zones grisées cor-
respondent aux deux cavités Ramsey (R1 et R2), à la cavité micro-onde (C) et au détec-
teur (D). À t = 586µs et t = 948µs, l'atome subit une impulsion π/2, puis est détecté
à t = 1104µs (début de la rampe d'ionisation). À t = 1117µs, une impulsion digitale
(double �èche) déclenche les calculs de l'ADwin, qui injecte (éclair) un champ cohérent α
de correction dans C, 70µs plus tard. Le schéma n'est pas à l'échelle.
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� À t = 1104µs, l'atome est alors dans le détecteur à ionisation et la rampe d'ionisa-
tion est déclenchée. Du fait de l'e�cacité limitée du détecteur, environ 0, 2 atomes
seulement sont détectés par échantillon ;

� À t = 1117µs, une impulsion digitale envoyée sur l'entrée �Event IN� de l'ordinateur
de contrôle ADwin marque le début du calcul de la prochaine correction cohérente à
appliquer, au vu notamment des résultats de la détection tout juste faite. L'injection
débute 70µs plus tard.

Ces six étapes sont �nalement répétées toutes les 82µs jusqu'à l'arrêt de la rétroaction
quantique.

IV.1.3 Mesure QND indépendante

Une fois la boucle de rétroaction stoppée, et a�n d'en évaluer la qualité, il nous faut
reconstruire la matrice densité du champ préparé. En toute rigueur, il faudrait donc utiliser
un processus de tomographie, telle que cela a été fait précédemment sur des états de Fock
ou sur des chats de Schrödinger [34, 74]. Toutefois, une telle reconstruction est longue à
réaliser. Les moyennes de nombreuses observables doivent être mesurées indépendamment
(les observables considérées ne commutent pas entre elles). La reconstruction d'un état
chat de Schrödinger nécessite par exemple une journée entière de mesure continue. Ici,
l'état ciblé est un état de Fock, qui n'a aucune cohérence. Pour tester la qualité de la
rétroaction quantique, nous nous contentons donc de mesurer les populations du champ
préparé, ce qui ne nécessite qu'une mesure QND du nombre de photons, bien plus rapide
qu'une tomographie complète.

Notons que le �ltre quantique nous donne déjà une estimation de la distribution des
nombres de photons dans la cavité à la �n de la procédure de rétroaction. Cependant,
cette estimation est le résultat d'une mesure utilisant beaucoup d'informations a priori
sur le champ : la matrice densité du champ au début de la boucle, la connaissance de la
relaxation, les amplitudes des champs injectés. . . Pour tester de façon �able notre protocole
de rétroaction quantique, nous devons en outre utiliser une mesure indépendante de la
rétroaction quantique tout juste opérée pour ne pas biaiser nos conclusions, et utilisant
aussi peu d'information a priori sur le champ. Nous débutons donc, immédiatement après la
�n de la séquence de rétroaction continue, une nouvelle mesure quantique non-destructive,
à l'aide de sondes de Ramsey identiques à celles utilisées pour la boucle. Deux critères
essentiels sont à satisfaire.

1. D'une part, la mesure doit se faire en un temps aussi court que possible. Si l'intervalle
séparant la �n de la rétroaction et l'instant auquel la distribution des nombres de
photons est évalué est trop grand, la relaxation aura le temps de la modi�er et nous
n'aurons pas une évaluation satisfaisante de la qualité du �ltre ;

2. D'autre part, nous devons être capables de distinguer clairement autant de nombres
de photons que possible, eu égard au déphasage par photon utilisé ∼ π/4, i.e. tous les
nombres de photons n ≤ 7. Le �ltre quantique y arrive avec une seule phase de mesure
en utilisant sa connaissance de la relaxation. Cela nécessite toutefois l'intégration sur
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un temps de l'ordre du temps de vie des photons : pour distinguer |3〉 et |7〉, il faut
un temps de l'ordre de Tcav/7 = 9 ms. Cela est en contradiction avec la contrainte
précédente. La solution retenue est d'utiliser alors une mesure QND à 4 phases, telle
que présentée au chapitre I, pour laquelle tous les nombres n ≤ 7 sont bien discriminés
sans avoir à invoquer la relaxation du champ.

Notons par ailleurs que nous serons uniquement intéressés par des mesures d'ensemble,
l'objectif n'étant pas de mesurer le nombre de photons à la �n de chaque trajectoire quan-
tique, mais plutôt l'état obtenu en moyenne sur un grand nombre de trajectoires. Le choix
se porte donc naturellement sur une mesure QND itérative à 4 phases, telle qu'elle a été
présentée au paragraphe I.4.3, et qui permet notamment de satisfaire le critère n◦1.

Rappelons que nous avions conclu le chapitre I en expliquant que l'utilisation de deux
atomes seulement par trajectoire quantique devrait su�re à obtenir une estimation �able
de la distribution du nombre de photons. Dans toute la suite par conséquent, nous uti-
liserons e�ectivement deux atomes en moyenne pour la mesure QND itérative suivant la
rétroaction. Nous précisons ici en moyenne car nous �xons en réalité le nombre d'échan-
tillons participant à la mesure, plutôt que le nombre d'atomes détectés. De la sorte, la
mesure �nit toujours au même instant, quelle que soit la trajectoire quantique. Le nombre
d'atomes détectés étant de l'ordre de 0, 2 par échantillon, nous choisissons d'utiliser 10
échantillons dans la mesure, qui dure de fait

Tmes = 820µs� Tcav. (IV.5)

IV.2 Résultats expérimentaux

La façon dont nous voulons agir en continu sur l'état du champ a maintenant été
exposée en détails. Nous en présentons dans cette section les principaux résultats. Après
avoir donné des exemples de trajectoires quantiques �typiques�, nous nous intéresserons
à son comportement moyen. La distribution stationnaire du champ sera alors mesurée,
ainsi que la �délité avec laquelle nous pouvons préparer l'état de Fock ciblé. La vitesse
avec laquelle le champ converge vers cet état sera également analysée. La comparaison
des résultats obtenus pour plusieurs jeux de paramètres expérimentaux (taille de l'espace
de Hilbert, phase de l'interféromètre. . .) nous permettra en outre de justi�er leurs valeurs
retenues in �ne.

IV.2.1 Trajectoires individuelles

Nous donnons dans cette première partie des exemples de trajectoires quantiques ty-
piques. Les paramètres expérimentaux que nous avons utilisés ne seront justi�és que plus
tard. Précisons simplement que pour les cibles |1〉 et |2〉 :

� la phase de l'interféromètre est toujours φr = ϕr(nc) = π/2− φ(nc),
� l'espace de Hilbert utilisé pour les calculs est de taille N = 8.
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Pour les cibles |3〉 et |4〉 en revanche :
� la phase de l'interféromètre est modi�ée à chaque préparation atomique, et prend
alternativement les valeurs φr = ϕr(nc) et φr = ϕr(nc − 1),

� l'espace de Hilbert est de taille N = 9.

Dans tous les cas, les trajectoires quantiques présentées ici ont été obtenues en utilisant
le contrôle �Distance� dé�ni au chapitre II. Sur les �gures IV.6 et IV.7, nous en donnons
deux exemples, de durée 164 ms, et correspondant respectivement aux cibles |nc = 2〉 et
|nc = 3〉.

Notons tout de suite que les deux �gures ressemblent beaucoup 2 aux �gures simu-
lées II.8 et II.9. Les commentaires seront donc sensiblement les mêmes que ceux faits au
chapitre II.

Nous traçons dans un premier temps (bandeau a des �gures) le résultat des détections
atomiques 3 enregistrées par la carte compteur de l'ADwin. À partir de ces résultats no-
tamment, le �ltre quantique calcule l'opérateur densité estimé du champ ρ(t), sa distance à
l'état cible d(ρc, ρ(t)) tracée dans le bandeau b, et l'amplitude des corrections à appliquer
(bandeau c). La partie d des �gures donne l'évolution temporelle des probabilités P (nc)
(vert), P (n < nc) (rouge) et P (n > nc) (bleu). Nous donnons de surcroît la matrice densité
du champ estimée à quatre instants di�érents, correspondant successivement à l'état du
champ initialement (état cohérent

∣∣α =
√

nc

〉
), une fois la cible préparée, après un saut

quantique, et pendant la correction de ce saut quantique.
Après une première période d'environ 20 ms, soit 240 itérations de la boucle et 50 atomes

détectés, pendant laquelle de nombreuses injections sont réalisées, la distance à l'état cible
atteint des valeurs relativement basses et les corrections s'arrêtent. L'état cible a alors été
préparé, avec une �délité élevée de l'ordre de 80%. Sur la matrice densité notamment,
aucune cohérence n'est visible, et les populations des états autres que |nc〉 sont faibles.

Le champ reste dès lors dans cet état jusqu'à ce que la relaxation induise un saut
quantique, le plus souvent vers |nc − 1〉, comme c'est le cas sur les deux �gures autour
de t = 40 ms : P (nc − 1) prend brusquement des valeurs élevées, augmentant la distance
à la cible tout aussi rapidement. Notons que cela se fait sans l'apparition de cohérences
dans la matrice densité. Le champ étant alors loin de |nc〉, la source micro-onde redevient
active jusqu'à ce que la cible soit restaurée, en un temps de l'ordre de 10 à 20 ms (120 à
240 itérations). La correction s'accompagne cette fois de l'apparition de cohérences dans
la matrice densité.

Très clairement, il apparaît sur ces trajectoires que le �ltre quantique est capable, à
l'aide d'injections de champs cohérents bien choisis, de préparer l'état de Fock désiré, mais
aussi de le stabiliser sur des temps beaucoup plus longs que son temps de vie, malgré sa
fragilité dans le processus de décohérence. Les �gures IV.8 et IV.9 donnent deux autres
exemples de contrôle continu de l'état du champ, permettant respectivement la préparation
des états |1〉 et |4〉.

2. Voir la note 7 de la page 88.
3. Ici, les événements à 2 atomes sont aussi pris en compte. Dans le cas où les deux atomes sont dans

le même état, ces événements sont repérés par des barres de longueur double sur les �gures.
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Figure IV.6 � Trajectoire quantique expérimentale pour nc = 2 et le contrôle �Distance�.
a. Résultats des détections atomiques enregistrées par l'ordinateur de contrôle : une barre
rouge vers le haut correspond à un atome dans |e〉, une barre bleue vers le bas à |g〉.
Les traits de longueur double indiquent les événements à 2 atomes détectés. b. Distance
d(ρc = |2〉〈2|, ρ) calculée par l'ADwin via la loi �Distance�. c. Amplitude des injections
cohérentes en échelle logarithmique signée : sgn(α) log |α|. d. Tracé de P (nc = 2, t) (vert),
P (n > 2, t) (bleu), et P (n < 2, t) (rouge). e. Valeurs absolues des matrices densité du
champ estimé à quatre instants di�érents : à t = 0, t = 52 ms après convergence vers
l'état cible, t = 83, 2 ms après détection d'un saut quantique, et à t = 85, 2 ms pendant la
correction du-dit saut.
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Figure IV.7 � Trajectoire quantique expérimentale pour nc = 3 et le contrôle �Distance�.
a. Résultats des détections atomiques enregistrées par l'ordinateur de contrôle : une barre
rouge vers le haut correspond à un atome dans |e〉, une barre bleue vers le bas à |g〉.
Les traits de longueur double indiquent les événements à 2 atomes détectés. b. Distance
d(ρc = |3〉〈3|, ρ) calculée par l'ADwin via la loi �Distance�. c. Amplitude des injections
cohérentes en échelle logarithmique signée : sgn(α) log |α|. d. Tracé de P (nc = 3, t) (vert),
P (n > 3, t) (bleu), et P (n < 3, t) (rouge). e. Valeurs absolues des matrices densité du
champ estimé à quatre instants di�érents : à t = 0, t = 35, 7 ms après convergence vers
l'état cible, t = 69, 3 ms après détection d'un saut quantique, et à t = 85, 9 ms pendant la
correction du-dit saut.
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Figure IV.8 � Trajectoire quantique expérimentale pour nc = 1 et le contrôle �Distance�.
a. Résultats des détections atomiques enregistrées par l'ordinateur de contrôle : une barre
rouge vers le haut correspond à un atome dans |e〉, une barre bleue vers le bas à |g〉.
Les traits de longueur double indiquent les événements à 2 atomes détectés. b. Distance
d(ρc = |1〉〈1|, ρ) calculée par l'ADwin via la loi �Distance�. c. Amplitude des injections
cohérentes en échelle logarithmique signée. d. Tracé de P (nc = 1, t) (vert), P (n > 1, t)
(bleu), et P (n < 1, t) (rouge).
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Figure IV.9 � Trajectoire quantique expérimentale pour nc = 4 et le contrôle �Distance�.
a. Résultats des détections atomiques enregistrées par l'ordinateur de contrôle : une barre
rouge vers le haut correspond à un atome dans |e〉, une barre bleue vers le bas à |g〉.
Les traits de longueur double indiquent les événements à 2 atomes détectés. b. Distance
d(ρc = |4〉〈4|, ρ) calculée par l'ADwin via la loi �Distance�. c. Amplitude des injections
cohérentes en échelle logarithmique signée. d. Tracé de P (nc = 4, t) (vert), P (n > 4, t)
(bleu), et P (n < 4, t) (rouge).
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Avant de discuter plus en détails du comportement du �ltre, remarquons simplement que
les quatre trajectoires présentées ici di�èrent essentiellement par la �délité de préparation
de la cible, et par la fréquence à laquelle la source devient active. L'une comme l'autre
sont liées à la fragilité de l'état cible, d'autant plus grande que le nombre de photons qu'il
contient est élevé : le temps de vie de |n〉 est, rappelons le, Tcav/n, soit 16 ms seulement
pour |4〉, malgré tout préparé puis préservé e�cacement.

Pour caractériser cette e�cacité, il nous faut répéter l'expérience un grand nombre de
fois, et étudier le comportement moyen de la boucle de rétroaction. C'est tout l'objet des
paragraphes suivants. Nous serons alors capables de connaître l'état stationnaire du champ,
ainsi que la pureté de l'état préparé. Une étude de la rapidité de la préparation sera en
outre faite, et les choix des phases Ramsey, de la taille de l'espace de Hilbert, et de la loi
de contrôle justi�és.

IV.2.2 Distribution moyenne du nombre de photons

Comme annoncé, nous nous intéressons dans un premier temps au régime stationnaire
de la boucle de rétroaction. Nous chercherons tout d'abord à obtenir la distribution des
nombres de photons dans ce régime, et ce pour les quatre états cibles. La façon dont il s'éta-
blit sera ensuite analysée et quanti�ée par la donnée de temps caractéristiques d'évolution.
Nous aurons en outre l'occasion de justi�er du choix de quelques paramètres expérimen-
taux.

IV.2.2.a État stationnaire du champ

De même que nous l'avions fait lors de nos simulations numériques du chapitre II,
pour mesurer quelle est la distribution des nombres de photons dans l'état stationnaire du
champ, nous réalisons une succession de trajectoires quantiques que nous arrêtons à temps
�xe, tf = 164 ms en l'occurrence. Notons que nous obtiendrions les mêmes résultats si nous
arrêtions chaque trajectoire à un instant aléatoire, di�érent d'une réalisation à l'autre, mais
choisi plus grand que le temps de convergence de la boucle donné plus bas. C'est encore une
fois par simplicité que tf a été choisi �xe : nous pouvons alors programmer au préalable le
nombre total d'échantillons atomiques préparés, i.e. d'itérations de la boucle, à savoir 2000.
Après le 2000e échantillon, l'ordinateur de contrôle peut donc s'arrêter, les 10 échantillons
suivants réalisant la mesure QND itérative indépendante de la rétroaction.

Les résultats de la �gure IV.10 sont obtenus en enregistrant, pour chacune des 4 cibles
(|1〉, |2〉, |3〉 et |4〉), 4000 trajectoires quantiques. Les histogrammes correspondent aux
résultats de la mesure QND de contrôle, notés PQND(n), et les ronds aux prédictions du
�ltre moyennées sur toutes les trajectoires amputées de leurs 200 premières itérations 4, soit
16 ms, et que nous notons P (s)

F (n) = 〈PF(n, t)〉t≥16 ms, où PF(n, t) est la distribution estimée
par le �ltre à l'instant t et moyennée sur toutes les trajectoires quantiques. Nous donnons
en outre la distribution initiale des nombres de photons, P (0)

QND, obtenue de la même façon
que PQND, avec un temps d'arrêt nul, tf = 0.

4. Ce choix se justi�era quand nous aurons étudié l'établissement du régime stationnaire.
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Figure IV.10 � Distributions stationnaires des nombres de photons pour 4 états cibles.
Histogrammes : distribution PQND obtenue par la mesure QND indépendante de la rétro-
action, la boucle de rétroaction étant arrêtée à tf = 164 ms. Ronds : distribution moyenne
P

(s)
F estimée par l'ordinateur de contrôle. Traces : Champ initial P (0)

QND mesuré de la même
façon que les histogrammes (tf = 0). Les états cibles sont respectivement |1〉, |2〉, |3〉, et
|4〉 pour les �gures a, b, c, et d.
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σ PQND(nc) P|√nc〉(nc)

|1〉 0, 95 61% 37%

|2〉 0, 79 48% 27%

|3〉 0, 69 44% 22%

|4〉 0, 69 37% 20%

Table IV.1 � Distributions stationnaires de la rétroaction. Nous donnons, pour chaque
état cible, l'écart-type ramené à la moyenne σ2 = (〈N2〉−〈N〉2)/〈N〉 et la �délité PQND(nc)
de la distribution PQND mesurée. La dernière colonne donne la �délité maximale possible
pour un état cohérent, obtenue pour

∣∣√nc

〉
.

De façon signi�cative, la distribution stationnaire de la rétroaction est plus étroite que la
distribution cohérente initiale, de variance unité, mais présente surtout une �délité à la cible
PQND(nc) notablement accrue. Le tableau IV.1 récapitule les résultats obtenus, et compare
notamment PQND(nc) à la �délité maximale accessible avec un état cohérent, atteinte pour
l'état

∣∣√nc

〉
. La rétroaction quantique fournit systématiquement un gain d'au moins 60%.

Se contenter d'arrêter la boucle à un instant choisi au hasard pour préparer l'état cible
n'est cependant pas la méthode optimale, et nous verrons au paragraphe IV.2.3 qu'il est
possible d'obtenir des �délités élevées en se servant des prédictions du �ltre pour arrêter
la boucle au moment opportun. L'information donnée par les distributions stationnaires
porte plutôt sur le temps moyen passé par le champ dans l'état désiré : PQND(nc) en est
le ratio sur un intervalle de temps �xé. Comme nous l'avions vu sur quelques exemples de
trajectoires quantiques, les résultats de la �gure IV.10 con�rment ainsi que la rétroaction
quantique est e�ectivement capable d'amener le champ de la cavité dans l'état de Fock
ciblé et de l'y laisser, jusqu'à ce que la relaxation l'en fasse partir. Le fait que PQND(nc)
décroisse avec nc est la signature de la fragilité des états nombre |n〉 d'autant plus grande
que n est élevé.

Notons �nalement que l'accord entre les prédictions du �ltre et la mesure QND de
contrôle est excellent. En moyenne, la di�érence absolue entre les deux distributions est en
e�et seulement de 0, 6% à 0, 8%. C'est une con�rmation supplémentaire du fait que le �ltre
est capable d'estimer de façon �able la matrice densité du champ en temps réel, y compris
quand la source micro-onde est active 5. Nous pouvons alors nous servir de ces prédictions
pour obtenir le temps moyen d'établissement du régime stationnaire en traçant la moyenne
sur toutes les trajectoires quantiques réalisées de P (n, t), soit par dé�nition PF(n, t), plutôt
que de mesurer PQND pour de nombreux temps d'arrêt tf .

5. Nous n'avions véri�é au chapitre III la qualité des prédictions qu'en boucle ouverte, i.e. sans calculs
de déplacements dans le �ltre.
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Figure IV.11 � Établissement du régime stationnaire : Dans chaque sous �gure, nous
traçons l'évolution temporelle moyenne, sur les 80 premières millisecondes, de PF(nc, t)
(carrés), PF(n < nc, t) (triangles) et PF(n > nc, t) (ronds). L'intervalle entre deux points
est de 25 itérations, soit 2 ms. Les traits continus sont des ajustements par la somme de
deux exponentielles ∼ e−t/ti : l'établissement du régime stationnaire se fait en une première
étape à variation rapide, de temps caractéristique t1, puis une seconde plus lente de temps
caractéristique t2. a : état cible |1〉, t1 = (4, 9 ± 0, 1)ms, t2 = (13, 7 ± 0, 1)ms ; b : état
cible |2〉, t1 = (7, 4 ± 0, 1)ms, t2 = (18, 8 ± 0, 2)ms ; c : état cible |3〉, t1 = (6, 7 ± 0, 2)ms,
t2 = (14, 2± 0, 3)ms ; d : état cible |4〉, t1 = (6, 8± 0, 3)ms, t2 = (9, 9± 0, 3)ms.
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La �gure IV.11 donne l'évolution moyenne, sur les 80 premières millisecondes, de
PF(nc, t), PF(n < nc, t) et PF(n > nc, t), et ce pour les quatre cibles. Il apparaît que
toutes les traces sont bien ajustées par la somme de deux exponentielles de temps caracté-
ristiques respectifs t1 et t2. Notons que les trois distributions sont ajustées simultanément
et partagent donc les mêmes temps t1 et t2. Leurs valeurs sont données dans la légende.
Quel que soit l'état cible, l'établissement du régime stationnaire se fait par une variation
initiale des distributions de probabilité en un temps t1 de 5 à 7 ms, puis par une plus lente
en t2 de l'ordre de 10 à 20 ms.

Pour comprendre l'origine de cette double évolution, nous traçons aussi, �gure IV.12,
l'évolution temporelle, pour les quatre mêmes cibles et toujours sur les 80 premières mil-
lisecondes, de la moyenne sur toutes les trajectoires quantiques 6 des déviations standard,
ramenées à la moyenne, de P (n, t). On entend par déviation standard ramenée à la moyenne
le coe�cient σ,

σ =

√
〈N2〉 − 〈N〉2√
〈N〉

, (IV.6)

qui prend la valeur 1 pour une distribution poissonienne. La variation est maintenant bien
décrite par une seule exponentielle décroissante de temps caractéristique τ de l'ordre de 6
à 7 ms, i.e. aussi long que la période initiale d'établissement du régime stationnaire mise
en évidence �gure IV.11. Si toutes les trajectoires débutent avec une variance unité, corres-
pondant à l'état cohérent initial, celle-ci décroît rapidement vers des valeurs de l'ordre de
0, 5. Or une telle réduction de la variance n'est possible que via la mesure QND du nombre
de photons. Les injections de correction, quant à elles, tendent à rendre la distribution
poissonienne et ainsi à ramener σ vers 1. Le temps τ correspond donc au temps nécessaire
au système pour acquérir de l'information sur le nombre de photons dans la cavité. Ici, 6 à
7 ms, soit 15 à 17 atomes détectés, sont nécessaires pour au moins séparer l'état cible des
ensembles {n < nc} et {n > nc}. Pour comparaison, dans les mesures QND présentées à
la �n du chapitre I, 110 atomes détectés environ permettaient de bien distinguer tous les
nombres de photons plus petits que 7. Notons également qu'au cours de la projection du
champ sur un état de Fock, la rétroaction n'est pas passive : la �délité à la cible augmente.
Aussi apparaît-il que la rétroaction quantique n'a pas besoin d'une information complète
sur le nombre de photons pour appliquer des corrections sur le champ : les deux actions
que sont la mesure et la correction sont simultanées.

Remarque : L'analyse des courbes faites ici ne tient pas compte des 20 premiers échantillons
de la trajectoire, i.e. des premières 1, 6 ms. Il est en e�et di�cile d'extraire un comporte-
ment général du début de la trajectoire, où l'évolution de la distribution des nombres de
photons dépend fortement du choix de l'état initial, notamment de sa pertinence (voir pa-
ragraphe IV.3.2), et où le �ltre a relativement peu d'informations sur le champ (peu voire
aucun atome n'a été détecté). On pourra se référer aux évolutions aux temps courts des

6. On notera bien qu'il ne s'agit pas de l'évolution temporelle de la déviation standard de la distribution
moyenne PF, mais bien de la moyenne des déviations standard de la distribution P , distribution calculée
à chaque trajectoire quantique.
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Figure IV.12 � Évolution temporelle des déviations standards moyennes : Carrés :
moyenne sur 4000 trajectoires des déviations standards normalisées de la distribution
P (n, t) des nombres de photons estimée par le �ltre. Ligne : ajustement exponentiel
de temps caractéristique τ . a : état cible |1〉, τ = (6, 39 ± 0, 04)ms ; b : état cible
|2〉, τ = (7, 00 ± 0, 05)ms ; c : état cible |3〉, τ = (6, 02 ± 0, 02)ms ; d : état cible |4〉,
τ = (5, 78± 0, 04)ms. Les erreurs données sont purement numériques.
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distributions données �gure II.11, page 93, obtenues à partir des simulations numériques
du chapitre II pour s'en convaincre.

Cela explique en particulier que les ajustements des déviations standards �gure IV.12
ne tendent pas à temps nul vers 1, point initial de toutes les trajectoires. Sur les 4 �gures,
on constate en fait une décroissance très rapide de σ au début de la trajectoire, avant
d'observer les évolutions décrites plus haut.

L'établissement du régime stationnaire de la rétroaction quantique semble donc se faire
dans un premier temps par l'acquisition en environ 6 ms d'information sur le champ via
la mesure QND, au cours de laquelle le champ est d'ores et déjà amené vers la cible.
La distribution des nombres de photons devient alors sub-poissonienne en moyenne, et
les cohérences de la matrice densité diminuent. Alors que jusqu'à présent, la rétroaction
quantique opérait sur un champ de nombre de photons relativement mal dé�ni, et avec
des cohérences, elle se doit dans un deuxième temps d'amener vers l'état cible un système
relativement di�érent : le champ est maintenant en moyenne dans un état sub-poissonien,
la déviation standard étant de l'ordre de 0, 5, et avec peu de cohérences. Cette deuxième
étape est relativement plus longue que la première puisqu'elle se fait en un temps de l'ordre
de 15 ms. Notons que nous aurons l'occasion dans les paragraphes suivants de commenter
davantage ces temps caractéristiques de correction.

IV.2.2.b Taille de l'espace de Hilbert

Avant de poursuivre l'analyse des performances de la rétroaction quantique, voyons ici
l'in�uence qu'a la taille de l'espace de Hilbert utilisé dans les calculs du �ltre quantique.
Au paragraphe III.4.1, nous avons montré comment l'ordinateur de contrôle est capable
de réaliser tous les calculs nécessaires à une itération de la boucle en moins que les 82µs
séparant deux échantillons. Nous avons alors vu que la taille de l'espace de Hilbert ne
pouvait pas être choisie plus grande que N = 9 sous peine de ne pas respecter cette
contrainte de temps. Peut-elle toutefois être choisie plus petite ?

Pour le véri�er, nous comparons les distributions des nombres de photons obtenues
avec N = 8 ou 9 après l'opération de la rétroaction quantique vers l'état cible |3〉. Pour
ces expériences de tests, notons que la phase de l'interféromètre pour les sondes de la
rétroaction est choisie �xe à φr = ϕr(3). Les résultats sont donnés �gure IV.13. S'il y
apparaît assez nettement que la �délité à l'état cible est plus faible pour N = 8 que pour
N = 9, il nous faut aussi relever le fait que l'accord entre le �ltre quantique et la mesure
QND de contrôle est bien moins bon si l'on opte pour le �petit� espace de Hilbert. Par
exemple, nous mesurons une �délité de moins de 33% à l'issue de la rétroaction, alors que
le �ltre quantique en attendait 40%. De ces mesures ressort le fait que pour |3〉, l'espace
de Hilbert doit être choisi de taille N = 9. Autrement dit, la probabilité d'avoir 8 photons
dans la cavité ne peut pas être négligée dans le calcul du �ltre.

Les mêmes expériences ont été reproduites pour l'état cible |2〉, pour lequel le choix de
l'un ou l'autre de ces espaces s'est avéré ne pas avoir d'in�uence sur les performances de la
rétroaction. Ici, la cible est su�samment loin des limites de l'espace de Hilbert pour que
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(a) N = 8 (b) N = 9

Figure IV.13 � Comparaison entre deux tailles de l'espace de Hilbert. Les histogrammes
donnent les résultats d'une mesure QND suivant l'opération de la rétroaction vers |3〉 avec
une seule phase Ramsey (φr = ϕr(3)) pendant la boucle. Les ronds blancs donnent les
prédictions du �ltre quantique, dont les calculs sont faits avec un espace de Hilbert de
taille N = 8 ou 9.

les e�ets de bord soient négligeables aussi bien pour N = 8 que N = 9. Dans toutes les
expériences dont nous rendrons compte dans ce chapitre, nous choisirons donc :

� N = 8 pour les états cibles |1〉 et |2〉,
� N = 9 pour les états cibles |3〉 et |4〉.

IV.2.3 Fidélité de la préparation et vitesse de convergence

Nous cherchons maintenant à préparer avec une �délité élevée l'état cible |nc〉. Comme
nous l'avons expliqué précédemment, plutôt que d'arrêter la rétroaction à un instant aléa-
toire, nous utilisons la connaissance qu'a le �ltre sur l'état actuel du champ pour dé�nir un
critère d'arrêt pertinent. En pratique, nous décidons de rouvrir la boucle et de commencer
la mesure QND de contrôle dès que, pour 3 itérations successives, la �délité estimée à l'état
cible est plus grande que 80%. Nous désignerons dans toute la suite ce critère d'arrêt sous
le nom �critère de convergence�.

Notons qu'alors le nombre d'itérations de la boucle n'est pas �xé a priori, et nous ne
pouvons plus pré-programmer le passage des sondes de la rétroaction, à une ou deux phases
Ramsey, à celles de la mesure QND itérative, qui nécessite 4 phases di�érentes. L'ordinateur
de contrôle ADwin est donc en charge, dans ces expériences, du réglage des phases Ramsey,
i.e. de la génération des potentiels électriques appliqués dans la seconde zone de Ramsey.
Ceci n'est rendu possible que par l'utilisation de la carte à sorties analogiques que nous
avions évoquée au chapitre III. Le nombre total d'échantillons préparés, incluant ceux de
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la rétroaction et ceux de la mesure QND qui suit, est en revanche �xé à 2800. Le nombre
d'échantillons dévolus à la rétroaction seule est quant à lui limité à 2000 de sorte qu'il y ait
toujours au moins 800 échantillons, soit 160 atomes détectés en moyenne, pour la mesure
QND de contrôle. C'est bien plus que les 2 atomes en moyenne dont nous avons besoin
pour reconstruire la distribution des nombres de photons. Cela nous permet toutefois si
nécessaire de comparer les résultats obtenus à ceux utilisant une mesure QND non plus
itérative mais par décimation, qui nécessite plus d'atomes.

Les résultats de cette expérience sont donnés sur la �gure IV.14, après moyenne sur
environ 3900 trajectoires quantiques (l'expérience est reproduite 4000 fois mais certaines
réalisations ne convergent pas dans les 2000 échantillons/164 ms imparties). Comme nous
l'avions annoncé, la �délité de la préparation fnc = PQND(nc) est maintenant nettement
augmentée, comparée à l'état cohérent initial, et même à la distribution stationnaire. Nous
montrons ainsi que nous sommes e�ectivement capables de préparer sur demande, et avec
une �délité élevée, les états de Fock |1〉, |2〉, |3〉, et |4〉 :

f1 = 82% f2 = 79%

f3 = 72% f4 = 68%. (IV.7)

De même que nous l'avions fait lors des simulations numériques du chapitre II, nous
pouvons par ailleurs extraire la rapidité de convergence de la boucle en étudiant la statis-
tique des temps auxquels le critère de convergence est atteint pour la première fois. Nous
traçons ainsi �gure IV.15 le taux de succès ζS(t) de la rétroaction en fonction du temps,
i.e. la proportion de trajectoires quantiques ayant convergé à l'instant t. Toutes les courbes
ont la même allure : après une période initiale d'environ 5 ms au cours de laquelle aucune
trajectoire quantique ne converge, ζS(t) croît rapidement puis de plus en plus lentement
vers sa valeur maximale, ζS(+∞) = 1. Notons que cet intervalle de temps où ζS reste
nul correspond précisément à la période initiale que nous avons évoqué lors de l'étude du
régime stationnaire : c'est le temps nécessaire à la mesure QND pour distinguer nettement
l'état cible des autres états 7. Nous pouvons alors dé�nir un temps de convergence moyen
pour la préparation d'un état cible donné comme le temps t(nc)

conv tel que

ζS(t(nc)
conv) = 1− e−1 ≈ 63%. (IV.8)

Nous obtenons alors les résultats suivants :

t(1)
conv = 26 ms t(2)

conv = 31 ms

t(3)
conv = 49 ms t(4)

conv = 58 ms. (IV.9)

Nous reviendrons au paragraphe IV.3.4 sur l'analyse de ces temps de convergence. Nous
comparerons alors les performances de notre boucle de rétroaction à une autre méthode
de préparation d'états de Fock basée sur l'utilisation de mesures QND seulement. Mais
�nissons pour l'instant de justi�er les valeurs des paramètres expérimentaux utilisés dans
la boucle, et notamment le choix des phases Ramsey des sondes.

7. Sans pour autant distinguer tous ces états deux à deux.
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Figure IV.14 � Préparation de l'état cible. Histogrammes gris : Résultats de la mesure
QND de contrôle suite à une boucle de rétroaction arrêtée selon le critère de convergence.
La �délité f = PQND(nc) est donnée dans la �gure. Triangles : Prédictions du �ltre au
moment de l'arrêt de la rétroaction selon ce même critère. Histogrammes hachurés : Rappel
des résultats obtenus en régime stationnaire. Lignes : État cohérent initial. Les quatre
�gures a, b , c et d correspondent respectivement aux états cibles |1〉, |2〉, |3〉 et |4〉.
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Figure IV.15 � Temps de convergence et taux de succès. Tracé, pour les 4 états cibles,
du taux de succès ζS(t) obtenu avec une expérience de rétroaction quantique stoppée pour
trois mesures successives de PQND(nc) ≥ 80%. La ligne horizontale correspond à un niveau
de 1− e−1 = 63%, choisi comme repère pour la dé�nition d'un temps de convergence.

Remarque : Le critère de convergence que nous avons ici dé�ni nécessite le vote positif
(P (nc) > 80%) de trois itérations successives pour ouvrir la boucle de rétroaction. De la
sorte, nous évitons des situations où P (nc) dépasserait le seuil le temps d'une itération
seulement, du fait d'une détection atomique erronée par exemple. Le choix de 3 itérations
est cependant plus ou moins arbitraire. Nous avons essayé les mêmes expériences en faisant
un vote sur 10, 20 ou 30 itérations par exemple, mais la �délité de préparation ne s'en est
pas trouvée améliorée, tandis que le temps de convergence, lui, augmentait.

IV.2.4 Estimation des barres d'erreur

Dans les deux dernières sections, nous avons donné les distributions des nombres de
photons en régime stationnaire et après préparation de l'état cible, obtenues par la mesure
QND indépendante de la rétroaction. Dans cette section, nous cherchons à estimer les barres
d'erreur du processus de reconstruction. Exposons dans un premier temps la méthode
employée pour les obtenir.

Imaginons qu'après une expérience de rétroaction quantique, la mesure QND indépen-
dante ait eu pour résultat la distribution P (0)

QND(n). Pour estimer les barres d'erreur associées
à cette mesure, nous simulons, par les mêmes méthodes que celles utilisées au chapitre II,
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(a) Distribution stationnaire des nombres de

photons pour l'état cible |3〉
(b) Distribution des nombres de photons après

préparation de l'état cible |3〉

Figure IV.16 � Distributions des nombres de photons obtenues expérimentalement (histo-
gramme) et par les simulations numériques estimant les barres d'erreur de la reconstruction
(carrés).

une trajectoire quantique reproduisant la mesure QND de contrôle sur un champ de popula-
tions P (0)

QND(n). Cela revient en fait à simuler les résultats de la détection de 10 échantillons
atomiques successifs ayant les mêmes propriétés que ceux utilisés expérimentalement pour
la mesure QND indépendante (nombre d'atomes par échantillon, phases de mesure. . .), et
ayant interagit avec le champ P (0)

QND(n).
Les résultats expérimentaux présentés dans les sections précédentes ont été systéma-

tiquement obtenus par une moyenne d'ensemble sur 4000 réalisations. En simulant 4000
trajectoires quantiques, et en utilisant les 4000 ensembles de détections atomiques alors
simulés, nous pouvons réitérer notre protocole de reconstruction fournissant une nouvelle
distribution des nombres de photons, P (1)

QND(n).

La procédure est répétée 10 fois a�n d'obtenir 10 distributions simulées P (1≤i≤10)
QND (n). La

distribution moyenne est alors calculée, et la déviation standard correspondante constitue
notre estimation des barres d'erreur de la reconstruction de P (0)

QND(n).

Sur la �gure IV.16, nous donnons les barres d'erreur de la reconstruction des distribu-
tions PQND(n) obtenues après les expériences visant à préparer l'état cible |3〉, en régime
stationnaire et après convergence. Notons d'une part que la distribution moyenne simulée
est identique à la distribution obtenue expérimentalement, comme il se doit après une me-
sure QND. Les barres d'erreur d'autre part sont relativement petites. Sur l'ensemble des
expériences réalisées, pour tous les états cibles, elles s'élèvent à 0, 01− 0, 02 pour PQND(nc)
et PQND(nc ± 1), mais sont signi�cativement plus petites que 0, 01 pour tous les autres
nombres de photons. L'annexe B donne les barres d'erreur estimées pour tous les états
cibles.
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(a) Cible |3〉. 2000 trajectoires sont moyennées

pour ϕr(3), 3000 pour ϕr(2).
(b) Cible |4〉. 2000 trajectoires sont moyennées

pour ϕr(4), 4000 pour ϕr(3).

Figure IV.17 � Choix de la direction de mesure pour les cibles |3〉 et |4〉. Histogrammes
grisés : Distribution PQND mesurée avec la phase Ramsey des sondes choisie sur la valeur
ϕr(nc). Histogrammes hachurés : Distribution PQND mesurée avec la phase Ramsey des
sondes choisie sur la valeur ϕr(nc − 1).

IV.2.5 Phase de l'interféromètre

Au chapitre II, nous avons justi�é le choix de la phase Ramsey utilisée au cours de la
boucle de rétroaction, φr = ϕr(nc). C'est cette direction de mesure qui permet de distinguer
le plus rapidement l'état cible des autres états de Fock, et donc notamment de repérer un
saut quantique. Cependant, dans les expériences exposées aux paragraphes précédents,
nous n'avons pas utilisé ce réglage pour les cibles |3〉 et |4〉. Dans ces deux situations, nous
utilisons alternativement la phase ϕr(nc) et ϕr(nc − 1). Ce choix se justi�e pour plusieurs
raisons. Voyons lesquelles en comparant des expériences où la phase de mesure est unique,
et choisie sur ϕr(nc) ou ϕr(nc − 1), pour les états cibles |3〉 et |4〉. Insistons ceci dit sur
le fait que dans tous les autres paragraphes, pour ces deux cibles, la phase est toujours
alternée entre ces deux valeurs.

S'il est utile de bien repérer les sauts quantiques de |nc〉 vers |nc ± 1〉, il est aussi utile de
savoir rapidement si les corrections appliquées ont été e�caces, ou si au contraire, des sauts
quantiques supplémentaires ont eu lieu entre temps. Pour cela, choisir le réglage de l'interfé-
romètre tel que |nc − 1〉 ou |nc + 1〉 corresponde à un milieu de franges (φr = ϕr(nc − 1) ou
ϕr(nc + 1) respectivement) est le plus adapté (voir �gure IV.18). Dans le premier cas par
exemple, le �ltre quantique pourra tout aussi bien repérer les sauts quantiques de |nc〉 vers
|nc − 1〉, et sera en outre plus à même de savoir si un saut supplémentaire de |nc − 1〉 à
|nc − 2〉 a eu lieu, ou si au contraire les corrections d'ores et déjà appliquées ont ramené le
champ vers l'état cible. La contrepartie en est bien sûr que les états |nc〉 et |nc + 1〉 sont
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Figure IV.18 � Probabilité πg(n) de détecter une sonde QND dans l'état |g〉 pour un
champ préparé dans l'état de Fock |n〉, avec φ0 = π/4 et φr = ϕ(3).

maintenant très mal distingués. Un tel choix se justi�e donc d'autant mieux que le nombre
de photons contenus dans l'état cible est élevé : le temps de vie des niveaux |nc〉 et |nc ± 1〉
en est d'autant plus faible, et :

� Si un saut quantique amène le champ vers l'état |nc − 1〉, dans un temps qui peut
�nir par être court devant le temps de réaction de la boucle, un second saut quantique
pourra l'amener vers l'état |nc − 2〉 ;

� Tandis que si un saut quantique amène le champ vers l'état |nc + 1〉, un autre saut
quantique le ramènera certainement et dans des délais d'autant plus courts vers l'état
cible. En outre, la probabilité qu'un saut quantique vers |nc + 1〉 ait lieu est très faible
comparée à celle que le saut ait lieu vers |nc − 1〉 : elle est plus faible d'un facteur
(1 + nth)/nth ' 20.

Nous donnons �gure IV.17a deux distributions stationnaires obtenues après rétroaction
quantique vers l'état |3〉 pour chacun de ces choix de phases. 3000 et 2000 trajectoires sont
moyennées pour φr = ϕr(2) et ϕr(3) respectivement. Très distinctement, il apparaît que le
premier des deux choix est le meilleur : la �délité stationnaire mesurée est de 43%, contre
seulement 36% pour φr = ϕr(3). Et la probabilité d'avoir 0 photon dans la cavité, de près
de 9% si nous choisissons de bien distinguer |3〉 des autres états, tombe à moins de 2%
si la priorité est donnée à la détection des sauts. Cela peut s'expliquer par le fait qu'avec
le choix φr = ϕr(3), les états |2〉 et |0〉 sont détectés de la même façon (πg(0) = πg(2)).
Nous rappelons �gure IV.18 le tracé de la probabilité conditionnelle de détecter un atome
dans |g〉 pour ce réglage de phase. Seule la relaxation permet alors de les distinguer, mais
sur des temps d'au moins 30 ms. Par conséquent, le �ltre quantique peut être trompé et
attribuer une probabilité trop élevée à l'état |2〉, au détriment de l'état |0〉. Les corrections
alors appliquées ne seront pas su�santes pour ramener le champ vers |3〉.

Une autre justi�cation du choix φr = ϕr(nc − 1) vient lorsque le nombre de photons
devient plus grand que 3, i.e. pour la cible |4〉 seulement dans les expériences présentées
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ici. En e�et, du fait du choix du déphasage par photon de φ0 = π/4, si nc ≥ 4, alors l'état
|nc − 4〉 �existe� et se trouve être indistinguable de l'état cible pour un interféromètre de
phase φr = ϕr(nc) :

πg(nc − 4) = π0 +
C

2
cos(ϕr(nc) + φ(nc − 4))

≈ π0 +
C

2
cos(π/2− φ(nc) + φ(nc)− 4φ0)

= π0 +
C

2
cos(−π/2) = πg(nc). (IV.10)

Bien sûr la relaxation permet toujours de les distinguer, mais l'état |nc − 4〉 vivant plus
longtemps que |nc〉, la distinction se fait sur le temps de vie de la cible. Une telle boucle de
rétroaction est vouée à l'échec. Nous en donnons un exemple �gure IV.17b. Les distribu-
tions stationnaires PQND, après rétroaction quantique vers la cible |4〉, sont données pour
les deux réglages de phase ϕr(3) et ϕr(4), après moyenne sur 2000 et 4000 trajectoires
respectivement. La di�érence est �agrante ! Avec le second choix en e�et, la probabilité
d'avoir 0 photon dans la cavité, de près de 35%, est même plus grande que la probabilité
d'en avoir 4. C'est évidemment un état plus simple à stabiliser. En choisissant φr = ϕr(3)
en revanche, la rétroaction permet de maintenir l'état |4〉 près de 40% du temps.

Pour les deux cibles |3〉 et |4〉, le choix de la phase de l'interféromètre sur ϕr(nc − 1)
semble donc s'imposer. Cependant, nous n'avons ici regardé les conséquences de ce choix
que sur les distributions stationnaires des nombres de photons. Or, si nous tentons avec ces
réglages de réaliser une expérience visant à préparer un état nombre avec une haute �délité,
le critère de convergence étant choisi comme P (nc) = 80% (cf. paragraphe IV.2.3), il se
trouve que seul un faible pourcentage de trajectoires quantiques satisfont au critère dans
les 164 ms imparties. Nous traçons �gure IV.19 le taux de succès ζS(t) obtenu en visant
l'état |4〉, avec le choix de phase φr = ϕ(3), et le comparons à celui obtenu au paragraphe
précédent, où la phase était choisie alternativement sur ϕ(3) et ϕ(4). À peine 30% des
trajectoires satisfont au critère de convergence dans les 164 ms imparties. La période initiale
pendant laquelle aucune trajectoire ne converge est en outre de près de 30 ms. L'explication
d'un tel échec réside dans le fait qu'avec le choix de ne faire des mesures QND que dans la
direction où seul |nc − 1〉 est bien distingué des autres états. . . |nc〉 est moins bien distingué
des autres états ! Par conséquent, la mesure QND ne peut pas mener e�cacement à des
�délités à l'état cible aussi hautes que 80% : la confusion avec les autres états proches,
|nc + 1〉 et |nc + 2〉, est trop grande.

Un compromis a donc dû être fait pour les deux cibles que sont |3〉 et |4〉.
� D'une part, choisir φr = ϕr(nc− 1) permet d'augmenter l'e�cacité de la rétroaction,
ce qui se traduit par une distribution stationnaire plus �dèle à la cible ;

� D'autre part, faire des mesures le long de la direction ϕr(nc) est indispensable si nous
voulons pouvoir préparer la cible avec une �délité élevée en un temps raisonnable.

La solution retenue a de fait déjà été donnée : d'un échantillon à l'autre, la phase Ram-
sey vaut alternativement ϕr(nc) ou ϕr(nc − 1). Tous les résultats donnés dans les autres
paragraphes ont utilisé ce réglage particulier.
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Figure IV.19 � Temps de convergence vers l'état cible |4〉 pour deux choix de phases
Ramsey. Évolution temporelle du taux de succès ζS(t) pour la préparation de l'état |4〉,
avec la phase Ramsey φr = ϕr(4) (traits continus), et avec l'alternance de phase entre
ϕr(3) et ϕr(4) (tirets).

IV.2.6 Deux choix de distance

Au chapitre II nous avons dé�ni deux lois de contrôle utilisables pour la rétroaction
quantique : le contrôle �Distance� et le contrôle �Fidélité�, version simpli�ée du précé-
dent 8. Dans toutes les expériences des paragraphes précédents, nous n'avons cependant
utilisé que le contrôle �Distance�. L'objet de cette section est de présenter comment les
suspicions que nous avions déjà au vu des simulations numériques se sont con�rmées expé-
rimentalement, à savoir que le contrôle �Fidélité� est globalement moins e�cace que son
homologue.

Dans un premier temps, nous verrons comment nous avons dû le modi�er pour cor-
riger certains défauts �agrants sur les trajectoires quantiques, puis nous comparerons ses
performances à celles déjà présentées du contrôle �Distance�.

IV.2.6.a Modi�cation de la loi de contrôle �Fidélité�

À partir de nos simulations numériques, nous avions vu que la rétroaction quantique,
basée sur la loi de contrôle �Fidélité�, avait tendance à injecter trop de photons dans la
cavité. Cela s'est trouvé être con�rmé par l'expérience, et ce directement sur les trajectoires
quantiques. Nous représentons par exemple �gure IV.20 une trajectoire, dont l'état cible est
|3〉, mettant en évidence ce défaut. Nous y traçons exclusivement l'amplitude des injections

8. Quoique premier utilisé historiquement.
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Figure IV.20 � Trajectoire quantique injectant trop de photons dans la cavité. Le �ltre
utilise la loi de contrôle �Fidélité�, et l'état cible est |3〉. En haut : amplitude des injections
en échelle logarithmique signée. En bas : en rouge, P (n < 3, t), en vert P (3, t), et en bleu
P (n > 3, t).

utilisées et les trois populations P (n < 3, t), P (3, t) et P (n > 3, t).
Entre t = 50 ms et t = 80 ms, le régulateur choisit à chaque itération, soit près de

400 fois, d'injecter le champ cohérent d'amplitude maximale autorisée, αmax = 0, 1. La
�délité étant alors très basse, c'est en e�et la décision qui découle du critère (b) de la
loi II.78. Rappelons qu'il stipule que quand la �délité est plus basse qu'un certain seuil,
en l'occurrence ε = 0, 1, la correction à appliquer est d'amplitude maximale, αmax. Un
champ cohérent d'amplitude 40 a ainsi pu potentiellement être injecté 9. Nous voyons donc
apparaître ici un défaut majeur de cette loi de contrôle : puisqu'il n'est pas possible avec
le choix de la �délité comme distance de distinguer les situations où le champ contient en
moyenne nc + 1 et n� nc photons, il est possible qu'une succession d'injections cohérentes
construise un champ dans la cavité toujours plus grand sans pour autant que la distance
à la cible ne soit modi�ée. Si la �délité est basse initialement, l'amplitude maximale de
correction sera donc toujours choisie, toujours avec la même phase, et le champ ne fera que
croître. Si le champ �nit par dépasser les limites de l'espace de Hilbert, relativement petit,
utilisé pour les calculs de la boucle, les prédictions du �ltre ne pourront plus être dignes
de con�ance. De telles situations doivent donc être absolument évitées.

La solution retenue est d'ajouter précisément un critère dans la loi de contrôle prenant

9. Le champ étant sondé en permanence cependant, l'e�et Zenon [83, 109] peut freiner la construction
du champ.
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en compte le nombre moyen de photons 〈n〉 contenus dans la cavité, permettant ainsi de
traiter di�éremment les situations où le champ, de �délité à la cible faible, contient peu ou
beaucoup de photons. Nous ajoutons donc le ra�nement suivant au critère (b) de la loi de
contrôle �Fidélité� :

Si au cours de la rétroaction, 〈n〉 devient plus grand que nc + 1, 5, les injections s'arrêtent
(α = 0), jusqu'à ce que 〈n〉 repasse sous le seuil de nc + 1.

Notons que les valeurs des seuils ont été déterminées par optimisation à partir de simula-
tions numériques. L'emploi d'une telle modi�cation a permis de supprimer les situations
catastrophiques comme celle de la �gure IV.20. Ce choix est cependant peu satisfaisant :
nous décidons sciemment d'ouvrir la boucle de rétroaction le temps que la relaxation ra-
mène le champ dans un domaine de l'espace des états où nos corrections sont e�caces.
C'est un argument fort en défaveur du contrôle �Fidélité�, le contrôle �Distance� n'ayant
pas montré la même instabilité.

IV.2.6.b Comparaison des lois de contrôle

Nous donnons dans ce paragraphe quelques résultats permettant de comparer les per-
formances de la rétroaction quantique utilisant l'une ou l'autre des deux lois de contrôle
dont nous disposons. Nous donnons ainsi pour chacune d'elles �gure IV.21, pour une ré-
troaction quantique d'état cible |2〉, la distribution stationnaire des nombres de photons,
ainsi que celle après sélection avec un critère de convergence. Dans ce second cas, nous
traçons en outre l'évolution du taux de succès ζS(t). Les résultats donnés pour le contrôle
�Distance� sont les mêmes que ceux donnés aux sections précédentes.

Sur la �gure IV.21a d'abord, il apparaît que la �délité stationnaire PQND(nc) est plus
faible de 2% seulement avec le contrôle �Fidélité� (46%) qu'avec le contrôle �Distance�
(48%). Il apparaît toutefois que la distribution est plus large avec le contrôle �Fidélité� :
la déviation standard est maintenant de 0, 87, contre 0, 79 précédemment. En e�et tous
les nombres n > nc sont alors plus peuplés avec cette loi de contrôle qu'avec le conrôle
�Distance� : comme nous l'avons expliqué au paragraphe précédent, les situations où le
nombre de photons est plus grand que la cible ne sont pour ainsi dire pas corrigées. Cette
excès de population est aussi à signaler pour n = 0. Ce que nous avons également pu
observer dans des expériences de rétroaction vers la cible |3〉.

De même sur la �gure IV.21b, les résultats sont un peu moins bon avec la loi �Fidélité� :
la �délité de préparation n'est plus que de 77%, contre 79% dans les résultats présentés au
paragraphe IV.2.3.

En�n, la �gure IV.21c �nit de nous convaincre : les temps de convergence observés sont
relativement plus longs avec le contrôle �Fidélité�.

La rétroaction quantique apparaît donc moins e�cace si elle se base sur la loi de contrôle
�Fidélité�, à laquelle nous avons dû en outre apporter une correction peu satisfaisante, au
lieu d'utiliser la loi de contrôle �Distance�. Cela nous a mené à n'utiliser que la loi de
contrôle �Distance� pour les tests approfondis de la rétroaction quantique, et tous les
résultats présentés dans la suite de ce chapitre utiliseront donc exclusivement cette loi.
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Figure IV.21 � Choix expérimental de la loi de contrôle via des expériences ayant pour
cible |2〉. a. Distributions stationnaires des nombres de photons, pour le contrôle �Dis-
tance� (hachuré) et le contrôle �Fidélité� (grisé). b. Distributions après convergence pour
le contrôle �Distance� (hachuré) et le contrôle �Fidélité� (grisé). c. Taux de succès ζS(t)
correspondant aux expériences de la �gure b, pour le contrôle �Distance� (tirets) et le
contrôle �Fidélité� (ligne continue).
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IV.3 Analyse du comportement du �ltre

Dans cette dernière partie, nous cherchons à mieux comprendre ou caractériser la fa-
çon dont la rétroaction quantique agit. Après avoir identi�é et expliqué certains défauts
du �ltre, nous verrons plus précisément comment les sauts quantiques sont e�ectivement
corrigés. Une dernière partie nous permettra de comparer la rapidité de la préparation de
la cible à celle que nous obtiendrions avec une préparation simpliste basée sur des mesures
QND seules.

IV.3.1 Trajectoires défaillantes

Si au paragraphe IV.2.1 nous avons exclusivement présenté des trajectoires quantiques
particulièrement convainquantes, toutes celles que nous avons enregistrées ne le sont pas
autant. La rétroaction quantique se heurte notamment souvent au problème de la correction
des sauts quantiques vers |nc + 1〉. Nous traçons �gure IV.22 une trajectoire quantique où
cette situation se produit. À t = 80 ms environ, la probabilité P (4) augmente brutalement,
signature d'un saut quantique vers |4〉. Pourtant, alors que la source micro-onde était
particulièrement active dans les 20 ms précédentes, celle-ci devient quasi immédiatement
inactive. Le �ltre �nit même par hésiter entre la présence de 4 et 5 photons dans la cavité. . .
sans pour autant réactiver les corrections cohérentes ! Un saut quantique �nit par amener
le champ dans l'état |2〉 et la correction reprend.

Pour comprendre cette asymétrie dans le traitement des sauts quantiques, rappelons
comment les corrections à appliquer sont choisies. La loi de contrôle �Distance� (II.56)
s'écrit :

Rd : ρ̃k 7−→ αk = Rd(ρ̃k) =


min

(
−|a1(ρ̃k)|
a2(ρ̃k)

, αmax

)
sign[a1(ρ̃k)] si a2(ρ̃k) < 0 (a)

sign[a1(ρ̃k)]αmax si a2(ρ̃k) ≥ 0 (b)

Nous l'avions expliqué au chapitre II, si le champ se trouve être un mélange statistique
d'états de Fock, alors a1(ρ) = 0. Aussi n'y aura-t-il injection de champs cohérents que
si a2(ρ) ≥ 0. Imaginons alors qu'après avoir préparé l'état cible |nc〉, un saut quantique
vers |n = nc ± 1〉 se produit. La matrice densité estimée par le �ltre quantique peut alors
s'écrire sous la forme

ρε = (1− ε)|nc〉〈nc|+ ε|n〉〈n|. (IV.11)

Pour quelle valeur de ε la correction reprend-elle ? Autrement dit, avec quelle précision l'état
|n = nc ± 1〉 doit-il être identi�é pour que le régulateur décide de la reprise des injections ?
On peut montrer sans problèmes que le critère a2(ρε) ≥ 0 mène à la condition

ε ≥ −a2(|nc〉〈nc|)
a2(|n〉〈n|)− a2(|nc〉〈nc|)

=
σnc

σnc − σn
, (IV.12)



172 Chapitre IV. Résultats expérimentaux

Figure IV.22 � Trajectoire quantique défaillante préparant l'état cible |3〉. a. Détections
atomiques. b. Distance à l'état cible. c. Amplitude des corrections en échelle logarithmique
signée. d. Probabilités estimées par l'ordinateur de contrôle : P (n < 3, t) en rouge, P (3, t)
en vert, P (4, t) en bleu foncé, P (5, t) en bleu ciel.



IV.3. Analyse du comportement du �ltre 173

Figure IV.23 � Seuils de déclenchement des
corrections εp(n) pour un saut |n〉 → |n+ 1〉
(carrés) et εm(n) pour un saut |n〉 → |n− 1〉
(ronds).

Figure IV.24 � Coe�cients (cnc+1, cnc+2)
(zone noire) et (cnc−1, cnc−2) (zone grisée) in-
duisant une injection d'amplitude maximale
pour nc = 3.

εp(nc) ≡
σnc

σnc − σnc+1

, εm(nc) ≡
σnc

σnc − σnc−1

. (IV.13)

Les coe�cients σn sont les coe�cients que nous avions introduits au paragraphe II.1.3 pour
choisir les attracteurs de la loi de contrôle �Distance�. Par dé�nition εp(nc) (resp. εm(nc))
est la valeur minimale que doit avoir P (nc + 1) (resp. P (nc − 1)) pour que les injections
reprennent après un saut vers |nc + 1〉 (resp. |nc − 1〉), en supposant que la matrice densité
du champ puisse toujours s'écrire sous la forme (IV.11), avec n = nc + 1 (resp. nc − 1).

Nous traçons �gure IV.23 les coe�cients εp et εm pour les quatre états cibles. Nous
mettons alors en évidence l'asymétrie notable qui existe entre les sauts vers les nombres de
photons plus élevés et les sauts vers le bas :

∀nc εp(nc) > εm(nc). (IV.14)

Par exemple, si pour nc = 2 et un saut vers |1〉, avoir P (nc) ≤ 12% déclenche les corrections,
il faut P (nc) ≤ 4, 5% si le saut a lieu vers |3〉.

Notons de plus que, sur la �gure IV.22 pour laquelle nc = 3, même quand les états
|4〉 et |5〉 sont peuplés la source micro-onde reste calme. Pour visualiser plus nettement
cette asymétrie entre les deux directions possibles d'un saut quantique, nous considérons
les matrices densité

ρp = cnc+1|nc + 1〉〈nc + 1|+ cnc+2|nc + 2〉〈nc + 2|+ (1− cnc+1 − cnc+2)|nc〉〈nc| (IV.15)

ρm = cnc−1|nc − 1〉〈nc − 1|+ cnc−2|nc − 2〉〈nc − 2|+ (1− cnc−1 − cnc−2)|nc〉〈nc|, (IV.16)

et nous mettons en évidence �gure IV.24, pour nc = 3, la région de l'espace R2 dans
laquelle doit être choisi le couple (cnc+1, cnc+2) pour ρp, ou (cnc−1, cnc−2) pour ρm, pour que
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la rétroaction réactive les injections. Très clairement, cette région est plus petite pour un
saut vers le haut que pour un saut vers le bas.

Avec le choix des paramètres que nous avons fait, il apparaît donc que la rétroaction
quantique est moins encline à activer les injections cohérentes lorsqu'un saut quantique vers
|nc + 1〉 survient que lorsque le saut mène à |nc − 1〉. La correction �nit malgré tout par
se faire, au moins via la relaxation. Par ailleurs, le fait déjà mentionné que la probabilité
d'observer un saut vers |nc + 1〉 à partir de |nc〉 est beaucoup plus faible que la probabilité
que le saut ait lieu vers |nc − 1〉 permet à la rétroaction utilisant cette loi de contrôle de
rester malgré tout e�cace. Nous n'avons pas eu le temps de tester de nouveaux paramètres
au vu de cette analyse. Nous aurions pu chercher par exemple à �xer des contraintes sur
les seuils εp,m(nc), telles que leur donner une valeur maximale, mais cela nécessite bien
évidemment des tests expérimentaux ou des simulations numériques, puisqu'il est di�cile
de prévoir a priori la réussite de tel ou tel choix de coe�cients.

Notons toutefois que �xer de telles contraintes n'est pas forcément un problème simple.
Imaginons par exemple que nous voulions imposer une valeur maximale εl :

εp,m(nc) ≤ εl. (IV.17)

En utilisant les expression de εp et εn, et en se rappelant la contrainte sur les σn,

σnc = −
∑
n 6=nc

σn < 0, (IV.18)

nous pouvons alors montrer l'inégalité

0 >

∑
n/|n−nc|≥2 σn

−σn
≥ 2

εl
− 3. (IV.19)

Cela �xe déjà une valeur minimale au seuil εl :

εl ≥ 0, 67. (IV.20)

Quel que soit les coe�cient σn que nous choisissons, il faudra toujours attendre que P (nc)
soit plus faible que 34% pour réactiver les corrections après un saut de |nc〉 vers |nc ± 1〉.

Si de plus, nous voulions imposer une contrainte de la forme (IV.17) à tous les coe�-
cients σn,

∀n 6= nc
σnc

σnc − σn
≤ εl, (IV.21)

nous pourrions alors montrer que εl est contrainte par la taille de l'espace de Hilbert :

εl ≥ 1− 1

N
. (IV.22)

Pour N = 9 par exemple, nous aurions la condition εl ≥ 0, 89.
Il semble donc que modi�er simplement la loi de contrôle pour corriger cette asymétrie

entre les sauts vers le haut et vers le bas ne soit pas immédiat. Il y a sans doute là une
marge de progression pour améliorer la qualité de la rétroaction.
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IV.3.2 Régime stationnaire

Revenons maintenant à l'étude du régime stationnaire de la rétroaction. Nous tenterons
dans cette section d'extraire de l'étude statistique des injections réalisées, mais aussi des
modi�cations induites de la distribution des nombres de photons, de nouvelles informations
sur le comportement de la boucle.

IV.3.2.a Statistique des injections

Voyons dans un premier temps quelle est la statistique des amplitudes de correction
choisies au cours d'une trajectoire quantique. Nous traçons �gure IV.25 l'histogramme
des amplitudes des injections pour une boucle de rétroaction ayant |4〉 pour cible. Les
mêmes 4000 trajectoires que celles étudiées au paragraphe IV.2.2 sont utilisées. Il ressort
essentiellement de cet histogramme le fait que la distribution est bien symétrique : comme
nous pouvions nous y attendre, il n'y a pas d'information de phase globalement gardée vis à
vis du champ cohérent initial qui pourrait introduire un biais dans le choix de la phase des
corrections. La mesure QND préparant des états de Fock, la phase du champ est en fait très
rapidement brouillée, plus vite que l'acquisition d'information sur le nombre de photons en
outre, puisque les mesures non-lues, nombreuses, participent aussi au brouillage. Notons
toutefois que le brouillage n'est total qu'une fois la rétroaction arrêtée : les corrections
appliquées sont e�caces essentiellement en présence de cohérences dans la matrice densité.

Un élément vient cependant briser cette symétrie : il apparaît en e�et qu'une injection
particulière, α ≈ −0, 05, est plus probable d'un ordre de grandeur que les autres d'ampli-
tudes voisines. Cette correction a en fait lieu au début de chaque trajectoire quantique :
le choix que nous avons fait de l'état initial du champ en est la raison. Nous avons ex-
pliqué précédemment que nous préparons le champ dans l'état cohérent

∣∣α =
√

nc

〉
pour

maximiser la �délité initiale P (nc). Toutefois, la rétroaction quantique utilisant le contrôle
�Distance� ne cherche pas à maximiser la �délité, mais plutôt à minimiser la distance à la
cible. Or l'état cohérent qui minimise cette distance n'est pas l'état

∣∣α =
√

nc

〉
. Il n'en est

certes pas très di�érent mais pour nc = 4, c'est le champ d'amplitude α = 1, 95, soit l'état
cohérent contenant 3, 8 photons. À chaque début de trajectoire quantique, le régulateur
applique donc la correction d'amplitude −0, 05 de sorte à amener le champ initial préparé
d'amplitude 2, vers celui d'amplitude 1, 95.

Sur la �gure IV.25, nous pouvons également remarquer qu'outre les corrections d'am-
plitude maximale, α = ±αmax, la plupart des corrections réalisées sont choisies faibles : à
lui seul, l'intervalle [−0, 01 0, 01] représente plus de 50% des amplitudes choisies (le choix
|α| = αmax en constitue quant à lui 25%). La restriction |α| ≤ 0, 1 ne semble donc pas très
contraignante avec ce choix de loi de contrôle.

IV.3.2.b Variation de la �délité à la cible

Plutôt que de nous intéresser seulement au comportement général de la boucle, nous
pouvons également extraire des prédictions du �ltre la façon dont réagit la rétroaction dans
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Figure IV.25 � Histogramme des injections de correction, en échelle logarithmique, pour
une boucle de rétroaction ayant |4〉 pour état cible.

certaines situations bien précises. Le paragraphe IV.3.3 en est un exemple tout particulier
puisque nous nous concentrerons uniquement sur l'intervalle de temps suivant un saut
quantique.

Dans cette section, nous cherchons plutôt à comprendre comment agit la rétroaction en
fonction de la �délité du champ à l'état cible P (nc). Nous traçons pour cela �gure IV.26,

pour nc = 3 seulement, la variation de �délité ∆pP (nc) = Pk+p(nc)− Pk(nc)
(k)

entre une
itération k et l'itération k + p, moyennée sur les itérations k de même �délité Pk(nc).
∆pP (nc) est tracée en fonction de ce choix Pk(nc), et pour plusieurs valeurs de p.

Notons tout d'abord que les courbes se croisent toutes autour de P (nc) = 44%, qui est
la valeur de la �délité à la cible en régime stationnaire. La ligne en points tirets correspond
à l'écart à la distribution stationnaire PQND(nc) − Pk(nc). En d'autres termes, et comme
attendu, si la �délité à la cible est plus faible que sa valeur en régime stationnaire, alors la
rétroaction la fait croître après quelques itérations. Sinon, elle décroît.

Nous pouvons également remarquer que pour les petites valeurs de p, ∆pP (nc) ne
prend de valeurs notables que pour les faibles �délités, P (nc) ≤ 10% : ce sont en fait
celles pour lesquelles de fortes corrections sont appliquées. Si nous augmentons p, i.e. si
nous regardons les variations de �délité sur de plus grands intervalles de temps (p = 100
correspond à 8 ms d'écart), la distinction entre P (nc) ≤ 10% et P (nc) ≥ 10% disparaît peu
à peu et la variation ∆pP (nc) tend �nalement vers l'écart à la distribution stationnaire.
Nous obtenons ainsi la façon dont le régime stationnaire s'établit, en un peu plus de 200
itérations, i.e. environ 16 ms, comme nous l'avions déjà vu �gure IV.11.

Nous comparons en�n sur la �gure IV.27 ces variations à celle obtenues, pour p = 10,
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Figure IV.26 � Variation de la �délité en p itérations de la boucle. Nous traçons en fonc-

tion de P (nc) les moyennes Pk+p(nc)− Pk(nc)
(k)

sur les itérations k de �délité P (nc) pour
plusieurs valeurs de p. Les point tirets noirs donnent l'écart à la distribution stationnaire :
PQND(nc)− P (nc).

50 et 100, en boucle ouverte. Nous pouvons ainsi estimer une nouvelle fois le temps néces-
saire à la rétroaction pour commencer ses corrections, mais en fonction de la �délité à la
cible cette fois. Il apparaît tout d'abord que pour les faibles valeurs de p, il n'y a pas de
di�érence, aux hautes �délités, entre la boucle ouverte et la boucle fermée : la rétroaction
se contente de laisser le champ évoluer librement. Cela correspond aux périodes de tran-
quillité observées sur les trajectoires quantiques où, le champ ayant été préparé dans l'état
cible, la source micro-onde est maintenue éteinte. Au bout de p = 100 itérations toutefois,
soit environ 8 ms, la décroissance de la �délité observée en boucle fermée devient plus faible
que celle de la boucle ouverte. Là encore, cet intervalle correspond au temps, déjà observé,
nécessaire au processus de mesure pour acquérir de l'information, en l'occurrence réaliser
qu'un saut quantique a eu lieu. Dès lors, les corrections peuvent reprendre et la relaxation
est contrecarrée. Une étude plus précise de la correction apportée à un saut quantique sera
donnée au paragraphe suivant.

Pour les �délités les plus basses en revanche, et ce dès p = 1, la boucle fermée est plus
e�cace que la boucle ouverte, dont le seul outil lui permettant d'augmenter P (nc) est la
mesure QND en elle-même 10.

10. Ce qui explique le fait que pour P (nc) = 0, en boucle ouverte, aucune augmentation de �délité n'est
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Figure IV.27 � Variation de la �délité en p itérations de la boucle ouverte, avec nc = 3.

Nous traçons en fonction de P (nc) les moyennes Pk+p(nc)− Pk(nc)
(k)

sur les itérations k de
�délité P (nc) pour p = 10 (bleu), p = 50 (rouge) et p = 100 (noir). Les points correspondent
aux valeurs obtenues en boucle fermée.

IV.3.3 Correction d'un saut quantique

IV.3.3.a Simulation expérimentale

Dans cette section, nous cherchons à analyser la façon dont la boucle de rétroaction
réagit suite à un saut quantique. Nous devons pour cela faire la moyenne sur de nombreuses
trajectoires quantiques et observer l'évolution temporelle de la distribution des nombres
de photons et celle des injections de correction réalisées, en prenant comme origine des
temps le saut quantique. . . Mais bien sûr, contrairement aux simulations numériques, nous
n'avons pas accès à la matrice densité �réelle� instantanée du champ et nous ne savons
pas quand un saut quantique se produit. La solution consiste à en faire une simulation
expérimentale.

� Nous préparons dans un premier temps un état de Fock |n〉 quelconque par une
mesure QND sur un champ cohérent connu ;

� Une fois le résultat n de la mesure déterminé, nous fermons la boucle de rétroaction
et lui demandons de préparer l'état de Fock désiré, ici |nc = 3〉. Cependant, contrai-
rement à ce que nous faisions dans toutes les expériences présentées jusqu'ici, nous
induisons en erreur le �ltre quantique : l'état initial que le �ltre quantique prend
comme point de départ de ses estimations n'est pas l'état de Fock |n〉, mais plu-

à signaler.
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tôt l'état cible |nc〉. Ou plus précisément, nous donnons comme distribution initiale
des nombres de photons la distribution mesurée après une expérience avec critère
de convergence, i.e. celle donnée �gure IV.14. Au �nal, le �ltre �croit� que l'état
cible est préparé alors que le �vrai� champ est dans l'état nombre correspondant au
résultat de la mesure QND.

En étudiant le comportement de la rétroaction, à partir de l'instant même où nous
fermons la boucle, i.e. de l'instant où le saut simulé a eu lieu, nous pouvons analyser la
façon dont un saut quantique est corrigé.

Mesure QND de préparation Ici, la mesure QND dont nous nous servons pour pré-
parer l'état de Fock initial se doit de donner un résultat n pour chaque réalisation de
l'expérience. Nous utilisons donc la méthode par décimation, i.e. la même méthode que
celle utilisée par le �ltre quantique, à ceci près que 4 phases de mesure sont maintenant
utilisées : c'est la même mesure que celle faite dans [33], rappelée au chapitre I, permettant
l'observation des sauts quantiques de la lumière. 400 ou 480 échantillons contenant en moy-
enne 0, 2 atomes sont alors préparés, suite à l'injection d'un champ cohérent de 3 photons.
La dernière fenêtre de 60 atomes détectés, longue d'environ 25 ms, est celle dont nous uti-
liserons le résultat pour classer a posteriori les trajectoires quantiques : nous considérons
qu'une trajectoire quantique a débuté avec un saut vers l'état |n〉 si et seulement si la
distribution des nombres de photons mesurée par cette fenêtre véri�e PQND(n) ≥ 80%. Les
trajectoires pour lesquelles aucun nombre n ne véri�e ce critère ne sont donc pas analysées.

Paramètres de la boucle Pour chaque trajectoire quantique, 1000 itérations de la
boucle sont réalisées, avec l'état cible |3〉. Comme précédemment, les phases Ramsey uti-
lisées alternent d'un échantillon à l'autre entre ϕr(3) et ϕr(2). L'expérience est répétée
22000 fois, pour lesquelles 9654 seulement ont été conservées. Les autres avaient moins de
60 atomes détectés (12 seulement) ou ne remplissaient pas le critère sur les PQND(n) (12334
au total).

IV.3.3.b Correction d'un saut

Nous traçons �gure IV.28 les probabilités P (n, t) obtenues par moyenne des prédictions
du �ltre sur les 2759 trajectoires quantiques pour lesquelles la mesure QND initiale a véri�é
le critère PQND(2) ≥ 80%. Comme nous l'avons dit, la distribution initiale estimée par le
�ltre correspond à la distribution moyenne obtenue après préparation de l'état cible |3〉 via
la rétroaction quantique. Nous simulons donc ici le saut quantique |nc = 3〉 → |2〉.

Dans les premières millisecondes suivant le saut, la �délité à l'état cible P (nc) décroît
brutalement d'environ 1% à chaque nouvelle itération de la boucle, alors que P (2) croît à
plus de 1, 5% par itération. Le �ltre quantique prend alors conscience qu'un saut a eu lieu,
et la source micro-onde est activée (la moyenne des valeurs absolues des amplitudes |α|(t)
est aussi donnée sur la �gure). Cela permet au bout de 5 ms de stopper la progression
de P (2) au détriment de P (3) et d'entamer le retour lent vers les valeurs stationnaires.
Ce dernier se fait en un peu plus de 15 ms. Nous retrouvons donc typiquement les mêmes
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Figure IV.28 � Simulation expérimentale du retour à l'équilibre après un saut quantique
de |nc = 3〉 vers |2〉. a Amplitude |α|(t) des injections cohérentes de correction moyennées
en valeur absolue sur toutes les trajectoires quantiques pour lesquelles la mesure QND
initiale a donné le résultat 2, i.e. PQND(2) ≥ 80%. b Probabilités P (n, t) obtenues par
moyenne sur ces mêmes trajectoires.
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ordres de grandeur de temps que ceux déjà rencontrés au paragraphe IV.2.2 : le retour au
régime stationnaire se fait en 5 à 6 ms pendant lesquelles l'information sur le champ dans la
cavité est acquise et la rétroaction activée, puis en 15 ms avec une décroissance progressive
des injections nécessaires. Les valeurs à temps long des P (n) correspondent à 1 ou 2% près
à la distribution stationnaire PQND donnée au paragraphe IV.2.2.

À titre de comparaison, nous traçons �gures IV.30 et IV.31 les probabilités P (n, t) obte-
nues lorsque la mesure QND initiale a donné les résultats 0 (2311 trajectoires sélectionnées)
et 1 (3307 trajectoires) respectivement. Les temps caractéristiques d'évolution sont assez
semblables à ceux observés lorsque le saut simulé a eu lieu vers |2〉. Toutefois, le �ltre
quantique se rend compte ici que le champ est �plus loin� de la cible que dans l'expérience
précédente et les corrections appliquées sont donc près de deux fois plus grandes.

IV.3.3.c Retour à l'état stationnaire

Nous pouvons également extraire des données la façon dont le champ, une fois préparé
dans l'état cible |nc = 3〉, retourne vers la distribution stationnaire. Il nous su�t pour cela
de faire la même analyse qu'au paragraphe précédent mais en ne sélectionnant cette fois que
les 1092 trajectoires quantiques pour lesquelles la mesure QND initiale a donné le résultat
n = nc = 3. Ici, le �ltre quantique n'est donc pas trompé au moment de la fermeture de la
boucle.

Les résultats sont donnés �gure IV.29. Pour toutes les populations P (n, t), ainsi que
pour l'amplitude moyenne |α|(t) des corrections réalisées, le retour au régime stationnaire
se fait régulièrement en un temps de l'ordre de 15 ms. Ici, le �ltre quantique a déjà une
estimation �able du champ au début de la trajectoire quantique, et les 6 ms, observées no-
tamment au paragraphe précédent, nécessaires à l'acquisition de cette information ne sont
donc plus requises. Notons toutefois que |α|(t) ne prend de valeurs non nulles qu'après en-
viron 1 ms, soit 3 atomes détectés en moyenne. Ce même délai est visible sur la �gure IV.28,
i.e. lors de la correction d'un saut vers |nc − 1〉. Le temps typique de réaction de la boucle
de rétroaction est donc très court, de l'ordre de 1 ms, plus court en particulier, comme nous
l'avions déjà soupçonné, que le temps moyen nécessaire à la mesure QND pour fournir une
information précise, de l'ordre de 6 à 8 ms au vu de tous les résultats précédents.

Nous traçons en outre �gure IV.29 l'évolution temporelle Prelax(3, t) que nous observe-
rions en boucle ouverte, calculée à partir de la distribution initiale P (n, 0). Là encore, nous
notons que P (3, t) s'écarte de Prelax(3, t) dès la première milliseconde, et lui reste toujours
supérieure : la boucle de rétroaction réagit vite, et réagit e�cacement !
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Figure IV.29 � Simulation expérimentale du retour à l'équilibre depuis l'état cible |nc = 3〉.
a Amplitude |α|(t) des injections cohérentes de correction moyennées en valeur absolue
sur toutes les trajectoires quantiques pour lesquelles la mesure QND initiale a donné le
résultat 3, i.e. PQND(3) ≥ 80%. b Probabilités P (n, t) obtenues par moyenne sur ces mêmes
trajectoires. La courbe en pointillés correspond à l'évolution temporelle calculée de Prelax(3)
en boucle ouverte à partir de la distribution initiale P (n, 0).
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Figure IV.30 � Simulation expérimentale du retour à l'équilibre après un saut quantique
hypothétique de |nc = 3〉 vers |0〉. a Amplitude |α|(t) des injections cohérentes de correction
moyennées en valeur absolue sur toutes les trajectoires quantiques pour lesquelles la mesure
QND initiale a donné le résultat 0, i.e. PQND(2) ≥ 80%. b Probabilités P (n, t) obtenues
par moyenne sur ces mêmes trajectoires.
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Figure IV.31 � Simulation expérimentale du retour à l'équilibre après un saut quantique
hypothétique de |nc = 3〉 vers |1〉. a Amplitude |α|(t) des injections cohérentes de correction
moyennées en valeur absolue sur toutes les trajectoires quantiques pour lesquelles la mesure
QND initiale a donné le résultat 1, i.e. PQND(2) ≥ 80%. b Probabilités P (n, t) obtenues
par moyenne sur ces mêmes trajectoires.
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IV.3.4 Rapidité de convergence et mesures QND itérées

Dans cette section, nous cherchons à tester la rapidité avec laquelle notre protocole
de rétroaction quantique prépare l'état de Fock désiré. Il nous faut donc le comparer à
une autre méthode de préparation déterministe d'états nombre, mais qui n'utilise pas de
rétroaction quantique, i.e. qui soit complètement passive. Nous décrirons donc dans un
premier temps le principe de cette méthode, baptisée �essais/erreurs�, et comparerons
ensuite leurs performances.

IV.3.4.a Méthode �essais/erreurs�

Principe Nous cherchons ici à préparer de façon déterministe un état de Fock préa-
lablement choisi aussi simplement que possible, en gardant les mesures quantiques non-
destructives comme outil de projection sur un de ces états de Fock. La solution la plus
naturelle est la suivante.

� Nous injectons initialement un champ cohérent |α0〉 choisi tel que la probabilité de
mesurer nc photons à l'issue d'une mesure QND est maximale : α0 =

√
nc ;

� Nous démarrons alors une séquence de mesure QND en envoyant les mêmes sondes
que celles utilisées pour la rétroaction quantique, et ce sur un intervalle de temps τ
préalablement �xé ;

� Au bout de ce temps τ , le résultat de la mesure est lu. En gardant le même critère
de convergence que nous avions utilisé au paragraphe IV.2.3, la préparation est cou-
ronnée de succès si la distribution de probabilité obtenue est telle que P (nc) ≥ 80%.
Si ce n'est pas le cas, le champ est e�acé, i.e. ramené vers le vide de photons, et les
trois étapes dé�nies ici sont répétées jusqu'au succès de la préparation 11.

Réalisation expérimentale Cette méthode de préparation n'a pas été e�ectivement
réalisée expérimentalement. Par simplicité d'une part, et pour s'a�ranchir des problèmes
techniques tels que la minimisation du temps nécessaire à l'e�acement du champ d'autre
part, nous avons préféré une nouvelle fois la simuler expérimentalement. Pour cela, nous
nous contentons d'enregistrer les prédictions du �ltre quantique dans une expérience de
boucle ouverte, avec un champ initialement préparé dans l'état |α0〉. Les phases Ramsey
sont choisies de la même façon que pour la rétroaction quantique étudiée jusqu'à présent.
Pour chaque trajectoire, la distribution au temps τ suivant le début de l'expérience est lue,
et la trajectoire est considérée comme un succès ou comme un échec. En répétant cette
expérience de nombreuses fois, en l'occurrence 4000 fois, nous obtenons la probabilité pS(τ)
qu'une trajectoire soit un succès après une mesure de durée τ . Nous pouvons alors calculer
l'évolution temporelle du taux de succès ζS(t|τ), i.e. la proportion des trajectoires ayant
préparé au temps t l'état cible, que nous obtiendrions dans une expérience �essais/erreurs�.
Puisqu'il faut à chaque essai attendre un temps τ avant de considérer une trajectoire comme
fructueuse ou non, ζS(t|τ) est en fait une fonction en escalier, dont chaque �marche� est

11. �Ce n'est qu'en essayant continuellement, que l'on �nit par réussir. En d'autres termes : plus ça rate,
plus on a de chances que ça marche. . . � (proverbe Shadock).
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Figure IV.32 � Distribution des nombres de photons mesurée après une expérience de
rétroaction quantique en boucle ouverte et avec critère de convergence pour l'état cible |3〉
(histogrammes grisés). Les histogrammes hachurés sont ceux obtenus en boucle fermée.

de durée τ . À la ne marche, i.e. au temps t = nτ , ζS est donné par

ζS(n|τ) = 1− [1− pS(τ)]n . (IV.23)

Traduit en fonction du temps, nous avons donc

ζS(t|τ) = 1− [1− pS(τ)]b
t
τ c . (IV.24)

IV.3.4.b Fidélité de préparation

Nous nous apprêtons à comparer les temps de préparation moyens obtenus avec la rétro-
action quantique et la méthode �essais/erreurs� décrite dans cette section. Cette comparai-
son n'aura cependant de sens que si la �délité à la cible de l'état préparé est la même dans
les deux expériences. Nous l'avons déjà mesurée au paragraphe IV.2.3 pour la rétroaction
quantique, il reste donc à le faire pour la méthode passive. Il nous su�t pour cela de dé-
terminer une nouvelle fois via une mesure QND indépendante la distribution des nombres
de photons obtenue quand le protocole de préparation a déclarée une trajectoire comme
fructueuse, i.e. quand la �délité mesurée par le �ltre a atteint la valeur P (nc) ≥ 80%. Ici
encore, l'expérience �essais/erreurs� n'est pas réalisée stricto sensu : la �délité de l'état
préparé est simplement mesurée sur une expérience de rétroaction en boucle ouverte avec le
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Figure IV.33 � Optimisation du paramètre τ de la méthode �essais/erreurs� pour l'état
cible |2〉. Le temps de convergence tel que dé�ni dans le texte est tracé en fonction de la
longueur τ d'une mesure de la boucle.

critère d'arrêt : P (nc) ≥ 80%. 6000 trajectoires quantiques sont alors enregistrées, pour les-
quelles 2040 seulement ont véri�é ce critère au moins une fois. La distribution des nombres
de photons mesurée à partir de ces 2040 trajectoires est donnée �gure IV.32 pour l'état
cible |3〉. Elle est très semblable à celle obtenue en boucle fermée. En d'autres termes,
les états produits par la rétroaction quantique et par la méthode �essais/erreur� ont des
�délités à la cible identiques. Nous pourrons donc nous contenter de comparer les temps
de convergence sans plus de complications.

IV.3.4.c Comparaison

Nous donnons ici les résultats des expériences simulées de la méthode �essais/erreurs�,
décrite dans les paragraphes précédents. Pour chaque état cible, le paramètre τ est choisi
tel que le temps de convergence mesuré soit minimal. Celui-ci est dé�ni, comme précédem-
ment, comme le temps nécessaire à la préparation pour atteindre un taux de succès ζS de
1− e−1 = 63%. Notons que dans l'approximation continue 12 de ζS(t), i.e. si ζS(t) pouvait
s'écrire

ζS(t) = 1− (1− pS(τ))t/τ , (IV.25)

12. Sur la �gure IV.34, cela reviendrait à assimiler les courbes en escalier à une ligne continue passant
par chaque sommet supérieur.
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le temps auquel le seuil à 63% est atteint est en fait le temps moyen de convergence de la
préparation :

〈t〉 =
τ

− ln(1− pS(τ))
, (IV.26)

ce qui justi�e a posteriori le choix des 63% comme niveau de référence. Sur la �gure IV.33,
le temps de convergence mesuré pour la méthode �essais/erreurs� préparant l'état |2〉 est
tracé en fonction du choix du paramètre τ . Pour cette cible, le choix τ = 10 ms est optimal.

Cette procédure d'optimisation est répétée pour tous les états cibles. Nous traçons
alors �gure IV.34 les taux de succès ζS(t) obtenus pour chaque cible et y donnons les
temps τ choisis. Dans tous les cas, il apparaît que la rétroaction quantique que nous avons
mise en place et étudiée dans ce manuscrit est notablement plus rapide que la méthode
�essais/erreurs� que nous considérons dans cette section. Le tableau ci-dessous compare
les temps de convergence mesurés pour les deux méthodes et chacune des 4 cibles.

Rétroaction Méthode
cohérente �essais/erreurs�

|1〉 26 ms 42 ms

|2〉 31 ms 89 ms

|3〉 49 ms 251 ms

|4〉 58 ms 418 ms

Table IV.2 � Temps de convergence pour deux protocoles di�érents de préparation d'états
nombre.

La di�érence relative entre les deux méthodes de préparation est donc d'autant plus grande
que le nombre de photons dans la cible est élevé, allant jusqu'à une di�érence d'un facteur
7 pour |nc = 4〉. Ce gain de temps substantiel met nettement en lumière l'intérêt, en terme
de préparation d'états de Fock, de la boucle de rétroaction que nous avons développée.
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Figure IV.34 � Comparaison des temps de convergence de deux protocoles de préparation
d'états nombre. Les �gures a, b, c et d correspondent respectivement aux états |1〉, |2〉,
|3〉 et |4〉. Pour chacun d'eux, nous traçons le taux de succès ζS(t) d'une expérience dont
le critère d'arrêt est P (nc) ≥ 80%. Les lignes continues sont les résultats de la rétroaction
quantique, les lignes en escalier ceux de la méthode �essais/erreurs�, de paramètre τ ,
présentée dans ce chapitre. Les lignes horizontales repèrent le niveau ζS = 63%.
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Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté les di�érents résultats obtenus par l'utilisation
de la rétroaction quantique décrite tout au long de ce manuscrit. Après avoir donné le
détail expérimental des séquences utilisées, nous avons dans un premier temps identi�é les
principales actions de la boucle à partir de trajectoires quantiques individuelles, à savoir
la préparation des états cibles |1〉, |2〉, |3〉 et |4〉, puis leur protection envers la décohérence
par la correction des inévitables sauts quantiques.

En utilisant une mesure QND indépendante de la rétroaction, nous avons alors pu
extraire des nombreuses trajectoires enregistrées la distribution stationnaire des nombres
de photons dans la cavité. Une nette augmentation de la �délité du champ à l'état cible
|nc〉, comparé à ce qui peut se faire de mieux avec des champs classiques (

∣∣√nc

〉
), a été

observée. L'établissement du régime stationnaire a par ailleurs été étudié, nous permettant
de mieux comprendre la façon dont la rétroaction agit.

Nous nous sommes ensuite plus particulièrement intéressés à la façon dont les sauts
quantiques sont corrigés par une simulation expérimentale d'un tel saut. L'évolution moy-
enne de la distribution des nombres de photons après le saut ainsi que le choix des injections
cohérentes appliquées ont alors pu être enregistrés.

La dé�nition d'un critère d'arrêt pertinent de la boucle de rétroaction nous a �nalement
permis de préparer avec une �délité élevée les quatre états nombre visés. La rapidité avec
laquelle cette préparation est faite a été comparée à celle que nous avons si nous nous
contentons passivement de mesurer le nombre de photons présents dans un champ cohé-
rent, recommençant la mesure en cas d'échec en réinitialisant le champ à chaque fois. La
rétroaction quantique que nous avons développée est alors apparue nettement plus e�cace
que cette méthode dite �essais/erreurs�, la préparation pouvant être jusqu'à 7 fois plus
rapide.
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Le système d'électrodynamique quantique en cavité dont nous disposons s'est révélé
particulièrement adapté à la réalisation de tests fondamentaux de la mécanique quan-
tique. Dans des expériences précédant ce travail, la réalisation de mesures quantiques non-
destructives a permis de suivre l'évolution temporelle du nombre de photons piégés dans
la cavité, révélant ainsi l'existence des sauts quantiques de la lumière [33, 35]. Des états
non-classiques du champ tels que des états de Fock et des états chats de Schrödinger ont
ensuite pu être préparés et reconstruits [34]. L'action de la décohérence sur ces mêmes états
a été précisément quanti�ée [36]. Notre dispositif expérimental permet donc d'avoir une
connaissance précise du système quantique qu'est le mode du champ électromagnétique
piégé dans la cavité.

Dans ce manuscrit, nous avons étendu les capacités de notre montage au contrôle de
cet oscillateur harmonique quantique. Par un suivi en temps réel de l'état du champ, et par
l'utilisation en continu d'une boucle de rétroaction quantique utilisant des injections micro-
ondes comme outil de contrôle, nous avons pu préparer sur demande les états nombre du
rayonnement et les stabiliser en corrigeant les sauts quantiques induits par la décohérence.

Pour assurer la réussite de protocoles de contrôle quantique, une connaissance précise
de tous les paramètres expérimentaux susceptibles d'in�uencer l'action de la boucle de
rétroaction est requise, de la chaîne de détection à la chaîne de régulation. Il nous a fallu
en particulier développer un �ltre quantique permettant d'estimer la matrice densité du
champ à partir des mesures QND du nombre de photons et des corrections appliquées.
L'action en retour de la mesure a également dû être prise en compte, di�culté propre aux
systèmes de rétroaction quantiques. En�n, ce sont les imperfections expérimentales (re-
laxation, contraste de l'interféromètre, préparation des atomes,. . .) qui ont dû être incluses
dans les calculs du �ltre. Disposant de l'estimation de l'état du champ à tout instant, nous
avons alors pu, à l'aide d'une loi de contrôle préalablement dé�nie, déterminer la correction
optimale à réaliser permettant la minimisation de la distance à l'état de Fock ciblé.

Le contrôle en temps réel d'une séquence expérimentale a en outre nécessité la mise en
place d'une nouvelle architecture matérielle, incorporée au dispositif existant, qui permette
la prise de décisions en temps réel. Après en avoir décrit le fonctionnement, nous avons ex-
posé les résultats expérimentaux obtenus démontrant notre capacité à contrôler en continu
un système quantique et à lutter contre sa décohérence. Une étude plus approfondie des
performances de la rétroaction a �nalement permis d'estimer les temps caractéristiques de
préparation et de stabilisation des états quantiques. Nous avons notamment montré que
l'utilisation de la rétroaction, comparée à une méthode passive, autorise un gain de temps
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substantiel dans la préparation des états nombre.

Perspectives

L'analyse a posteriori des expériences de rétroaction quantique que nous avons menées
a permis d'en identi�er certaines limites. Il est notamment apparu que les rares sauts
quantiques s'accompagnant du gain d'un photon dans la cavité sont moins bien corrigés
que ceux lui faisant perdre un photon. Aussi des améliorations du �ltre quantique sont
sans doute possibles. Nous pourrions par exemple imaginer utiliser des prédictions à plus
long terme pour le calcul de la correction optimale à appliquer : plutôt que de minimiser
la distance à la cible de l'état du champ juste après l'injection, nous pourrions prendre en
compte le fait que l'injection est suivie d'une mesure QND puis d'une autre injection. Si
la mesure ne modi�e pas les populations, elle réduit en revanche les cohérences, et prendre
en compte cet e�et peut amener le régulateur à changer l'amplitude du champ cohérent à
injecter.

Par ailleurs, nous avons vu que la rétroaction est moins e�cace quand le champ possède
peu de cohérences. Modi�er le régulateur pour maintenir un niveau minimum de cohérences
peut alors potentiellement améliorer les performances de la boucle.

Il est toutefois di�cile de prédire a priori la réussite de tel ou tel protocole, notamment
en termes de stabilité de la rétroaction. Des simulations numériques seront donc nécessaires
avant toute mise en place expérimentale.

D'autres expériences de contrôle quantique sont par ailleurs possibles. Nous pouvons
par exemple modi�er le moyen d'action de la boucle de rétroaction. Plutôt que d'utiliser
l'injection de champs cohérents, nous pouvons par exemple utiliser des atomes de Rydberg
en interaction résonante avec le champ de la cavité, qui injecteraient ou ôteraient des
photons de la cavité. Plus précisément, nous envisageons d'utiliser les �trapping states�,
déjà utilisés par le groupe de H. Walther à Garching pour préparer des états de Fock, et que
nous avons déjà évoqués dans l'introduction. En laissant les atomes interagir avec le champ
pendant une durée telle qu'ils subissent une rotation 2π dans l'état cible |nc〉, tous les états 1

sauf |nc〉 se trouvent modi�és par l'interaction. A priori, utiliser des �trapping states� seuls
à partir du vide permettrait de préparer l'état |nc〉 en envoyant des atomes préparés dans
l'état |e〉 seulement. Toutefois, cette préparation est particulièrement instable si le champ
thermique n'est pas négligeable : si le champ suite à un saut quantique se trouve dans
l'état |nc + 1〉, les atomes |e〉 suivants ne feront qu'augmenter le nombre de photons dans
le champ, l'éloignant toujours plus de la cible. Dans ce cas, les atomes résonants doivent
être préparés dans l'état |g〉 pour ramener le champ vers |nc〉. Une boucle de rétroaction est
donc nécessaire : le régulateur doit simplement choisir si les atomes résonants sont préparés
dans le niveau |e〉 (injection de photons) ou dans le niveau |g〉 (absorption de photons).
Les premières simulations numériques indiquent qu'une telle expérience est réaliste, quoi

1. Il y a en fait d'autres états nombre pour lesquels la condition de �trapping state� est véri�ée. Ce
sont tous ceux pour lesquels les atomes subissent une rotation 2nπ.
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que techniquement plus complexe que la rétroaction �cohérente� que nous avons réalisée.

Plutôt que de modi�er le paramètre de contrôle de la rétroaction, nous pouvons égale-
ment modi�er la mesure réalisée. Si par exemple nous choisissons le déphasage par photon
comme φ0 = π, la mesure du nombre de photons devient une mesure de parité. C'est cette
mesure qui était utilisée dans [34] pour transformer un champ cohérent |α〉 en un état chat
de Schrödinger :

|ψp〉 =
1√
2

(|α〉+ |−α〉) , |ψi〉 =
1√
2

(|α〉 − |−α〉) .

Ces deux états sont des états propres de l'opérateur parité Π̂ dé�ni comme

Π̂|n〉 = +|n〉 si n est pair,

= −|n〉 si n est impair.

Plus précisément, |ψp〉 ne contient que des nombres pairs de photons (Π̂|ψp〉 = |ψp〉), et
|ψi〉 que des nombres impairs de photons (Π̂|ψi〉 = −|ψi〉). Si maintenant le champ est
préparé dans un de ces états, |ψp〉 par exemple, alors si la décohérence induit la perte d'un
photon par la cavité, le champ est projeté dans l'état |ψi〉, i.e. l'état chat de parité oppo-
sée. En utilisant, comme nous l'avons fait dans nos expériences, une succession d'atomes
de Rydberg réalisant une mesure de la parité du champ, nous serions alors capables de
détecter ces sauts quantiques. La boucle de rétroaction pourrait alors consister à envoyer
des atomes résonants réinjecter un photon dans la cavité, pour ramener le champ sur l'état
chat de parité désirée. Un tel protocole a déjà été étudié théoriquement [110, 111] et devrait
permettre de stabiliser ces états exotiques du champ quantique.

Dans un autre registre que le contrôle quantique, notons pour conclure que notre capa-
cité nouvelle à modi�er en temps réel une séquence expérimentale nous permettrait d'amé-
liorer la procédure de mesure quantique non-destructive du nombre de photons. Choisir
aléatoirement la phase de mesure à chaque nouvel atome, et garder le déphasage par pho-
ton constant n'est en e�et pas le meilleur choix, en terme de rapidité de la mesure. La
procédure optimale consiste en fait à diviser par deux le déphasage par photon à chaque
atome détecté, et à choisir la phase de mesure en fonction des résultats des mesures précé-
dentes [112, 30]. Pour distinguer parmi N nombre de photons, log2(N) atomes seulement
sont alors nécessaires. Dans les expériences de Christine Guerlin [33], les nombres de pho-
tons de 0 à 7 étaient mesurés, soit N = 8 nombres de photons di�érents. Pour une seule
mesure, 110 atomes étaient nécessaires. Avec la méthode optimale, 3 atomes seulement
sont nécessaires en théorie, i.e. sans prendre en compte les imperfections de l'expérience.
Le temps de mesure pourrait donc être notablement réduit, sans se priver cette fois d'une
estimation du nombre de photon à chaque réalisation, comme c'est le cas avec la méthode
itérative dont nous nous sommes servis dans nos expériences.
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Annexe A

Synchronisation des cartes compteur

Nous cherchons ici à évaluer le délai possible entre les deux systèmes de comptage des
atomes, ADwin et NI. Dans l'expérience que nous réalisons pour ce faire, nous nous auto-
risons à envoyer des impulsions porte di�érentes aux deux détecteurs. Une sortie digitale
supplémentaire de l'ancien système de contrôle est alors utilisée en parallèle de celle géné-
ralement utilisée pour générer ces impulsions. Si l'ADwin continue à recevoir les impulsions
porte �usuelles�, l'ancien système les reçoit e�ectivement décalées d'un temps τ . Nous en-
registrons alors un signal de franges de Ramsey, pour une cavité vide, correspondant à un
maximum de probabilité de trouver un atome dans |g〉, et comparons les nombres d'atomes
détectés par les deux systèmes pour τ = 0 et τ = −100 ns (l'ancien système reçoit alors les
impulsions porte avant l'ADwin). Les résultats, correspondants à p = 640000 préparations
atomiques, ou encore 〈N〉 ≈ 125000 atomes détectés, sont donnés dans le tableau A.1.

Nous avons ici choisi la phase de l'interféromètre de sorte qu'il y ait plus d'atomes dans
|g〉 que dans |e〉. Si nous retardons les fenêtres de détection (τ > 0), |e〉 étant détecté
avant |g〉, nous augmenterons alors le nombre e�ectif d'atomes |e〉 détectés au détriment
du nombre de |g〉. La �gure A.1 permet de s'en convaincre : nous y traçons les nombres
d'atomes |e〉 et |g〉 comptés en fonction du décalage τ entre les impulsions porte usuelles et
les impulsions porte e�ectivement reçues. Autour de τ = 0, le nombre d'atomes |g〉 diminue
bien au détriment de |e〉 pour les valeurs de τ positives.

Il apparaît donc que pour τ = 0, les fenêtres de détection du compteur National Ins-
truments sont en retard vis à vis des fenêtres de détection du compteur ADwin, puisque
c'est ce dernier qui enregistre la plus grande fraction d'atomes |g〉. Si nous avançons les
premières de 100 ns, la situation s'inverse. La �gure A.1 est aussi instructive : nous pouvons
voir que la probabilité πg de détecter un atome dans |g〉 mesurée par l'ADwin correspond
à une valeur intermédiaire entre celles mesurées par la carte NI pour τ = 0 et τ = −100 ns.

Nous déduisons donc de cette expérience que si nous utilisons les mêmes impulsions
porte pour l'ancienne et la nouvelle carte compteur, les fenêtres de détection e�ectives
seront en avance d'environ 50 ns pour l'ADwin. Or une telle di�érence est plus faible que
l'avance ou le retard minimum, de 100 ns, que nous pouvons appliquer en pratique sur une
sortie digitale. Nous ne pourrons donc pas la compenser.

195



196 Chapitre A. Synchronisation des cartes compteur

x NI ADwin ADwin− NI δx/x

τ = 0 n|e〉 16200 15576 −625 −0, 040

n|g〉 106930 107096 +166 0, 002

N = n|e〉 + n|g〉 123130 122672 −459 0, 004

T = n|g〉/N 86, 8% 87, 3% 0, 5% 0, 005

τ = −100 ns n|e〉 15122 15552 +430 0, 028

n|g〉 110793 109807 −986 0, 009

N = n|e〉 + n|g〉 125915 125359 −556 0, 004

T = n|g〉/N 88, 0% 87, 6% 0, 4% −0, 005

Table A.1 � Tableau comparatif des comptages ADwin et NI dans une expérience de
franges de Ramsey, correspondant à 640000 préparation atomiques.

Figure A.1 � Synchronisation des cartes compteur : Échelle de gauche : Nombre d'atomes
détectés dans l'état |g〉 (rouge) ou |e〉 (bleu) en fonction du décalage temporel τ entre les
impulsions portes usuelles et les impulsions porte utilisées. Échelle de droite : Probabilité
πg de détecter un atome dans |g〉 en fonction de τ . La ligne pointillée correspond à cette
probabilité mesurée par la carte compteur ADwin, qui utilise les impulsions porte sans
décalage. L'intervalle de temps entre deux points est de 100 ns.



Annexe B

Barres d'erreur de la mesure QND de

contrôle

Nous traçons ici pour les quatre états cibles les distributions des nombres de photons
obtenues expérimentalement (histogramme) et par les simulations numériques estimant
les barres d'erreur de la reconstruction (carrés). La méthode utilisée pour les obtenir est
donnée au paragraphe IV.2.4

Distribution stationnaire des nombres de
photons pour l'état cible |1〉

Distribution des nombres de photons après
préparation de l'état cible |1〉
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Distribution stationnaire des nombres de
photons pour l'état cible |2〉

Distribution stationnaire des nombres de
photons pour l'état cible |3〉

Distribution stationnaire des nombres de
photons pour l'état cible |4〉

Distribution des nombres de photons après
préparation de l'état cible |2〉

Distribution des nombres de photons après
préparation de l'état cible |3〉

Distribution des nombres de photons après
préparation de l'état cible |4〉
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Préparation et stabilisation d'un champ non classique en
cavité par rétroaction quantique

Résumé L'utilisation de boucles de rétroaction est au c÷ur de nombreux systèmes de
contrôle classiques. Un contrôleur compare le signal mesuré par une sonde à la valeur de
consigne. Il dirige alors un actionneur pour stabiliser le signal autour de la valeur ciblée.
Étendre ces concepts au monde quantique se heurte à une di�culté fondamentale : le pro-
cessus de mesure modi�e inévitablement par une action en retour le système à contrôler.
Dans ce mémoire, nous présentons la première réalisation d'une boucle de rétroaction quan-
tique utilisée en continu. Le système contrôlé est un mode du champ électromagnétique
piégé dans une cavité Fabry-Pérot micro-onde de très haute �nesse. Des atomes de Ryd-
berg circulaires réalisent par une succession de mesures dites faibles une mesure quantique
non-destructive du nombre de photons dans le mode. Étant donnés les résultats de ces
mesures, et connaissant toutes les imperfections expérimentales du système, un ordinateur
de contrôle estime en temps réel la matrice densité du champ piégé dont il déduit l'ampli-
tude de champs micro-ondes classiques à injecter permettant de stabiliser l'état du champ
autour d'un état cible. Dans ce mémoire, nous montrons comment nous avons été capables
de préparer sur demande et de stabiliser les états de Fock du champ contenant de 1 à 4
photons.

Mots-clés CQED, rétroaction quantique, atomes de Rydberg, états de Fock, décohé-
rence, mesure QND.

Preparation and Stabilisation of a Non-Classical Field in
Cavity by Quantum Feedback

Abstract Feedback loops are central to most classical control procedures. A controller
compares the signal measured by a sensor with the target value or set-point. It then adjusts
an actuator to stabilize the signal around the target value. Generalizing this scheme to
the quantum world must overcome a fundamental di�culty : the sensor measurement
cause a random back-action on the system. In this manuscript, we demonstrate the �rst
continuously operated quantum feedback loop. The system to be controlled is a mode
of the electromagnetic �eld trapped in a very high �nesse microwave Fabry-Perot cavity.
Circular Rydberg atoms achieve a quantum non-demolition measurement of the photon
number in the mode by the succession of weak measurements. Knowing the outcome of
these measurements, and knowing all the experimental imperfections of the system, a
classical computer estimates in real-time the density matrix of the �eld. It then calculates
the amplitude of small classical microwave �elds injected into the cavity in order to stabilize
the �eld around a target state. In this thesis, we have been able to prepare on demand and
stabilize Fock states containing from 1 to 4 photons.

Keywords CQED, quantum feedback, Rydberg atoms, Fock states, decoherence, QND
measurement.
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