
HAL Id: tel-01146049
https://theses.hal.science/tel-01146049

Submitted on 27 Apr 2015

HAL is a multi-disciplinary open access
archive for the deposit and dissemination of sci-
entific research documents, whether they are pub-
lished or not. The documents may come from
teaching and research institutions in France or
abroad, or from public or private research centers.

L’archive ouverte pluridisciplinaire HAL, est
destinée au dépôt et à la diffusion de documents
scientifiques de niveau recherche, publiés ou non,
émanant des établissements d’enseignement et de
recherche français ou étrangers, des laboratoires
publics ou privés.

Manipulations cohérentes d’états de Rydberg elliptiques
par dynamique Zénon quantique

Adrien Signoles

To cite this version:
Adrien Signoles. Manipulations cohérentes d’états de Rydberg elliptiques par dynamique Zénon quan-
tique. Physique Quantique [quant-ph]. Université Pierre et Marie Curie - Paris VI, 2014. Français.
�NNT : 2014PA066614�. �tel-01146049�

https://theses.hal.science/tel-01146049
https://hal.archives-ouvertes.fr


Département de Physique

de l’École Normale Supérieure

Laboratoire Kastler Brossel

THÈSE DE DOCTORAT DE L’UNIVERSITÉ PARIS VI

Spécialité : Physique Quantique

présentée par

Adrien SIGNOLES

pour obtenir le grade de

Docteur de l’Université Paris VI

Sujet :

Manipulations cohérentes d’états de
Rydberg elliptiques par dynamique

Zénon quantique

Soutenue le 11/12/2014 devant le jury composé de :

Dr. M. Brune Directeur de thèse
Dr. S. Gleyzes Co-directeur de thèse
Pr. S. Pascazio Examinateur
Dr. S. Tanzilli Rapporteur
Pr. J. Tignon Examinateur
Pr. M. Weidemüller Rapporteur





i

On ne peut pas vivre dans un monde
où l’on croit que l’élégance exquise du plumage de la pintade est inutile.

Jean Giono, Un roi sans divertissement
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Introduction

La physique quantique surprend par son étrangeté. Dès la naissance de cette théorie,
les principes qu’elle semble imposer ont soulevé grands nombres de questions auprès de
ses fondateurs. Que ce soit la question de la complémentarité des objets quantiques - leur
prédisposition à se comporter comme des particules et comme une onde - ou celle de la
non-localité, illustrée par le problème Einstein-Podolski-Rosen [1], la théorie quantique
divise et anime les débats. Encore aujourd’hui, si les concepts de la physique quantique
nous apparaissent contre-intuitifs, c’est parce qu’ils sont majoritairement invisibles à notre
échelle. Nous n’observons jamais un objet qui nous entoure à deux emplacements diffé-
rents. De même, nous ne pouvons que difficilement concevoir que la lumière est à la fois
une onde et une particule, deux notions antinomiques dans le monde classique.

S’interrogeant sur les nouveaux concepts qu’introduit la mécanique quantique, Schrö-
dinger pose la question de la transition entre le monde microscopique et le monde macro-
scopique en énonçant le célèbre paradoxe du « chat de Schrödinger ». Un chat est enfermé
dans une boîte en présence d’une particule radioactive [2]. Un compteur Geiger détecte
la désintégration de la particule et déclenche, le cas échéant, un mécanisme qui libère
une quantité létale de poison et tue le chat. Ce processus intrique le chat avec la parti-
cule : le sort du chat - mort ou vivant - est lié à celui de la particule. Celle-ci étant un
objet quantique, si l’on attend pendant le temps de demi-vie, la particule sera dans une
superposition des états désintégré et non désintrégré. Le chat devrait alors lui aussi se
trouver dans une superposition des états vivant et mort (fig.1). Une telle situation n’est
pas observée : on sait qu’un chat, objet du monde classique, n’est jamais à la fois vivant
et mort mais toujours soit vivant soit mort. Pour comprendre la différence de compor-
tement entre les objets classiques et les objets quantiques, il faut intégrer à la théorie
quantique la notion de couplage à l’environnement. Un système macroscopique interagit
fortement avec l’environnement et cette interaction agit comme une mesure permanente
qui projette le système macroscopique sur l’un des états possibles, lui interdisant d’être
dans une superposition d’états comme l’est un système microscopique. Cette irréversibilité
des propriétés quantiques lors du passage du microscopique au macroscopique est appelée
décohérence [3].

Pour observer la nature quantique des objets, il faut donc être capable de les isoler,
de rendre leur interaction avec l’environnement la plus faible possible. Avec l’avènement
de l’information quantique où les systèmes simples tels que les atomes ou les photons
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Figure 1 – Illustration imagée de l’expérience du « chat de Schrödinger ». La vie du chat
dépend de l’état d’une particule radioactive. Lorsqu’une durée égale au temps de demi-vie
de celle-ci s’est écoulée, le chat devrait être dans une superposition des états « vivant »
et « mort ».

deviennent un outil potentiel pour traiter et transporter l’information, cette capacité est
devenue une préoccupation majeure. Tirant profit de leur nature quantique à travers les
propriétés d’intrication ou de parallélisme quantique, ce nouveau domaine de la physique
ouvre de nouvelles perspectives très prometteuses [4, 5]. A titre d’exemple, l’algorithme
de Shor utilise le principe de superposition pour factoriser les grands nombres en des
temps polynomiaux [6], prouesse considérée impossible pour la physique classique. Mais
le développement de l’information quantique se heurte aux effets de la décohérence. Pour
exploiter les propriétés quantiques à plus grande échelle que celle des systèmes élémen-
taires, il faut être capable d’en contourner les effets. C’est l’un des défis d’aujourd’hui.

Une première approche consiste à explorer la limite entre les mondes quantique et clas-
sique pour tenter de comprendre les mécanismes de la décohérence. Dans cette perspective,
il faut disposer de systèmes quantiques évoluant dans des espaces de Hilbert suffisamment
grands pour pouvoir y définir des états semi-classiques - analogues quantiques des états
classiques, qui présentent des fluctuations quantiques minimales - mais assez simples pour
rester parfaitement contrôlable. L’électrodynamique quantique en cavité répond à ces cri-
tères. Elle isole un mode du champ électromagnétique en le piégeant dans une cavité pour
étudier les propriétés quantiques du rayonnement [7]. L’espace de Hilbert d’un mode du
champ électromagnétique étant de dimension infinie, il est possible de générer des états
semi-classiques arbitrairement macroscopiques de la lumière, comportant de plus en plus
de photons. En faisant interagir ce mode avec les états Stark d’un atome de Rydberg,
l’électrodynamique quantique en cavité a déjà ouvert la voie à des expériences cruciales
dans l’observation de la nature quantique de la lumière [8], comme la démonstration de la
quantification du rayonnement [9], la mesure non-destructive du nombre de photons dans
la cavité [10, 11, 12], l’observation des sauts quantiques de la lumière [13, 14] ou encore la
stabilisation d’états de Fock par rétroaction quantique [15, 16, 17]. Mais la structure Stark
des états de Rydberg elle-même constitue aussi un système quantique adapté à l’étude
de la décohérence. Dans l’approximation linéaire, les états de Rydberg d’une multiplicité
Stark n peuvent être décrits comme les états d’un moment cinétique J = (n − 1)/2 évo-
luant dans un espace de Hilbert de grande dimension. Il est alors possible de préparer les
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atomes dans des superpositions de deux états semi-classique du mouvement de l’électron,
pour ensuite étudier comment ces états évoluent sous l’effet de la décohérence.

Les expériences présentées dans ce manuscrit sont à l’interface de ces deux systèmes.
Initialement, l’objectif était de fabriquer un nouveau montage pour les expériences d’élec-
trodynamique en cavité dans lequel les atomes de Rydberg seraient excités à partir d’un
jet d’atomes refroidis par laser, pour permettre d’aller plus loin dans l’exploration de la
frontière entre les mondes microscopique et macroscopique. Ce montage a nécessité de
mettre au point de nouvelles techniques pour contrôler l’état de l’atome. Grâce à ces
développements technologiques, nous pouvons maintenant manipuler de façon cohérente
l’état de l’atome à l’intérieur de la multiplicité Stark et étudier sur les atomes de Ryd-
berg la transition entre le monde quantique et le monde classique. Mon travail de thèse a
ainsi consisté à démontrer l’aspect non-classique de la dynamique d’un moment cinétique
évoluant dans un espace de Hilbert tronqué, connu sous le nom de dynamique Zénon
quantique [18]. Cette dynamique constitue un nouvel outil pour manipuler de façon cohé-
rente les systèmes quantiques via leur espace de Hilbert et est prometteuse pour préparer
des états non-classiques à l’échelle mésoscopique.

Électrodynamique quantique en cavité et chat de Schrödinger

Dans le domaine de l’électrodynamique en cavité, les états semi-classiques sont les états
cohérents |α〉 dans la limite où |α| � 1 [19]. Un des objectifs des expériences a été de pré-
parer des superpositions cohérentes de deux états semi-classiques 1/

√
2(|α〉 + |−α〉) [20],

à l’image du chat dans une superposition des états mort et vivant. En référence à cette
image, ces états sont appelés chat de Schrödinger. L’état cohérent |α〉 pouvant être en
théorie arbitrairement grand, on peut construire des états chats de Schrödinger du rayon-
nement de plus en plus macroscopiques et en étudier les processus de décohérence. De
telles études ont déjà été menées sur nos expériences d’électrodynamique en cavité. Dans
notre dispositif (fig.2), un champ fortement confiné par une cavité micro-onde supracon-
ductrice de haute finesse interagit avec des atomes de Rydberg circulaires dans le régime
dit de couplage fort où le temps caractéristique de l’interaction est court à l’échelle des
processus de décohérence [21, 22, 23]. Les atomes de Rydberg circulaires sont des atomes
de rubidium excités sur des niveaux de haute énergie, typiquement n ∼ 50, et de moment
cinétique maximal, qui se comportent comme des systèmes à deux niveaux |g〉 et |e〉 lors-
qu’ils sont en interaction avec le mode du champ électromagnétique. L’état atomique est
contrôlé par des champs micro-ondes classiques et peut être par exemple mis dans une
superposition d’états 1/

√
2(|g〉 + |e〉). Lorsqu’ils interagissent avec un champ micro-onde

cohérent |α〉 dans la cavité, les atomes transmettent au champ le caractère quantique de
leur superposition d’états et l’amènent sur un état chat de Schrödinger [24]. Cette expé-
rience reproduit le paradoxe de Schrödinger où un système classique - un chat ou un état
cohérent - interagit avec un système quantique dans une superposition cohérente d’états
- un élément radioactif ou un atome de Rydberg. Dans notre expérience, ce processus
est basé sur le déphasage du champ en présence de l’atome. Lorsqu’il est dans la cavité,
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Boite à circulariser 
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Figure 2 – Dispositif expérimental actuel d’électrodynamique en cavité. Les atomes sont
produits par un four en un jet thermique horizontal et excités sur les états de Rydberg
circulaires au passage de la boîte à circulariser. Au cœur du dispositif, ils interagissent avec
le mode du champ électromagnétique piégé dans la cavité supraconductrice pendant 40μs.
Avant et après la cavité, l’état atomique peut être manipulé par des champs classiques
dans les zones de Ramsey. Ils sont finalement détectés par ionisation.

l’atome produit un déphasage similaire à celui produit par un diélectrique qui vient chan-
ger l’indice de réfraction du milieu selon l’état d’excitation de l’atome. Cela conduit à un
léger désaccord entre le champ micro-onde et la cavité qui se traduit par un déphasage.
Ce déphasage dépend de l’indice du milieu et donc de l’état d’excitation de l’atome. Si
ce dernier est dans une superposition cohérente d’états 1/

√
2(|g〉 + |e〉), alors le champ

évolue vers une superposition de deux champs cohérents de phases différentes, c’est-à-dire
un état chat de Schrödinger.

Des états chats de Schrödinger du rayonnement comptant quelques photons ont pu
être étudiés à l’aide de ce dispositif [24, 25]. En reconstruisant la matrice densité, Deléglise
et al. ont pu suivre l’évolution de l’état au cours du temps (fig.3) [26]. Initialement, l’état
est dans une superposition cohérente des états |α〉 et |−α〉. Chacun des états cohérents est
représenté sur la fonction de Wigner par un pic de valeur positive. L’aspect cohérent de
la superposition apparaît dans les franges qui illustrent les interférences quantiques entre
les deux composantes du chat. Cette expérience montre que sous l’effet de la décohérence,
les franges disparaissent au cours du temps. L’état chat de Schrödinger évolue vers un
mélange statistique où il a une chance sur deux d’être sur l’un ou l’autre des états |α〉
et|−α〉 mais jamais sur les deux simultanément. Ici, la taille maximale du chat que l’on
peut préparer n’est pas limité par le temps de cohérence mais par le temps d’interaction
entre l’atome et le champ. En effet, plus l’atome interagit avec le champ, plus il peut lui
transmettre son caractère quantique. Pour générer des états chats de Schrödinger de taille
plus importante, il nous faut un temps d’interaction plus long, ce qui est impossible étant
donnée la configuration du jet atomique thermique. Pour aller plus loin dans l’exploration
du monde quantique, il faut donc repenser le dispositif expérimental.
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t = 1,3 ms t = 6,4 ms t = 25,3 ms 

Figure 3 – Décohérence d’un état chat de Schrödinger du rayonnement comptant 11,8
photons, dans une cavité de temps de vie 130 ms (figures extraites de [27]). Les franges
sont la signature de la nature cohérente de la superposition. Elles disparaissent progressi-
vement, laissant place finalement à un mélange statistique d’états, états classiques comme
l’illustre l’absence de négativité de la fonction de Wigner.

La dynamique Zénon quantique

L’augmentation du temps d’interaction va aussi permettre d’étudier de nouvelles tech-
niques de manipulations cohérentes comme la dynamique Zénon quantique. Cette méthode
proposée par Facchi et al. [18] consiste à répéter une mesure pour manipuler un système
quantique : l’action en retour de la mesure devient un outil mis au profit de l’expérimen-
tateur. La dynamique Zénon quantique est une généralisation de l’effet Zénon quantique
qui correspond au cas simple où la mesure E donne pour résultat une valeur propre μ non-
dégénérée [28, 29, 30]. Dans ce cas, la mesure projette le système sur l’état propre |μ〉. En
fait, la probabilité Pμ que le résultat de la mesure soit la valeur propre μ est donnée par le
recouvrement de l’état du système |ψ〉 avec l’état propre associé |μ〉 soit Pμ = |〈μ|ψ〉|2. Si
une mesure est répétée rapidement devant le temps caractéristique d’évolution du système,
l’état |ψ〉 n’a presque pas changé lorsque la mesure est faite à nouveau. A chaque mesure,
le système est projeté avec une très grande probabilité dans le même état propre, si bien
que son évolution est gelée : un système quantique soumis à une mesure répétée reste
dans le même état. L’effet Zénon quantique a été pour la première fois mis en évidence
expérimentalement par Itano et al. sur des transitions radiofréquences de niveaux hyper-
fins de l’ion Be+ [31], selon un protocole proposé par Cook [32]. Il a été ensuite observé
de nombreuses fois sur d’autres systèmes à deux niveaux, qu’ils soient ioniques [33, 34],
atomiques [35], moléculaires [36] ou de type condensats de Bose-Einstein [37, 38]. Il a
aussi été mis en évidence en électrodynamique quantique en cavité sur les modes d’un
oscillateur harmonique [39]. Dans cette expérience, l’état de la cavité est maintenu dans
l’état vide |0〉 en mesurant rapidement la parité du champ, ce qui dans un régime de
faibles nombres de photons s’apparente à mesurer les états |0〉 et|1〉.

Mais la mesure ne gèle l’évolution du système que si le résultat de la mesure est
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une valeur propre non-dégénérée. Si le résultat de la mesure est une valeur propre dé-
générée, la mesure projettera l’état du système sur l’espace propre de dimension d > 1
associé à cette valeur propre. L’évolution est alors simplement confinée dans l’un des
sous-espaces de la mesure [18] et on parle alors de dynamique Zénon quantique. Le sys-
tème évolue dans un espace de Hilbert tronqué. Il en résulte une dynamique qui peut
être non-classique, et ce même si le Hamiltonien et l’état initial sont complètement clas-
siques. Raimond et al. ont proposé d’utiliser ce nouvel outil pour générer des états chats
de Schrödinger du champ électromagnétique [40, 41]. En appliquant une mesure du type
« Y-a-t’il s photons dans la cavité ? » à un champ dont on sait qu’il n’a pas s photons,
on force le système à évoluer dans le sous-espace propre de la réponse « non », espace qui
contient tous les états de Fock |n �= s〉. Si l’on tente alors d’injecter un champ cohérent,
les états |n〉 du champ n’étant couplé qu’avec leurs premiers voisins |n ± 1〉, supprimer
l’état |s〉 de l’espace de Hilbert revient à couper celui-ci en deux sous-espaces, celui des
états H<s = {|n < s〉} et celui des états H>s = {|n > s〉}. Ainsi, le champ évoluera dans
l’un ou l’autre de ces sous-espaces. Lorsque l’état atteint la limite du sous-espace dans
lequel il évolue, la dynamique devient non-classique et prépare le système dans un état
chat de Schrödinger. Cette évolution est déterministe, ce qui n’est pas le cas de toutes
les méthodes de préparation de chats et notamment celles basées sur la mesure de la
parité [42, 43]. Qui plus est, la dynamique Zénon quantique permet de choisir, à travers
la mesure, le sous-espace de Hilbert dans lequel le système évoluera. Pour l’expérience
décrite ici, le sous-espace H<s sera par exemple d’autant plus grand que s l’est. Avec la
dimension de ce sous-espace, c’est sa limite que l’on repousse vers les grands nombres
de photons et donc la taille de l’état chat qu’on augmente. La dynamique Zénon offre
donc une alternative pour préparer des états chats de Schrödinger de plus en plus macro-
scopiques. De façon générale, la dynamique Zénon quantique est un outil pour façonner
l’espace de Hilbert [44, 45]. La préparation d’états intriqués [46] ou l’implémentation de
portes quantiques [47, 48] via la dynamique Zénon quantique ont été proposées.

La dynamique Zénon est un outil prometteur pour manipuler les systèmes quantiques
à une échelle mésoscopique. Pour l’implanter sur les expériences d’électrodynamique quan-
tique en cavité, il faut néanmoins être capable de distinguer l’état à s photons des autres
états de Fock. La méthode proposée par Raimond et al. consiste à résoudre la struc-
ture du champ habillé par l’atome de Rydberg circulaire [40]. En effet, cette structure
dépend du nombre de photons n puisque les niveaux habillés sont séparés d’une quan-
tité proportionnelle à Ω0

√
n où Ω0 est la fréquence de Rabi du vide. Si l’on est ca-

pable de faire la distinction entre Ω0
√

s et Ω0
√

s ± 1, on peut répondre à la question
« Y-a-t’il s photons dans la cavité ? » Mais la résolution est d’autant plus difficile que s
est grand et que l’état est macroscopique. Pour s = 6, il faut déjà résoudre des fréquences
de l’ordre de 10 kHz, une fréquence si petite qu’il faut un temps d’interaction déjà supé-
rieur à celui du montage actuel.
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Un nouveau montage pour les expériences d’électrodynamique
quantique en cavité

C’est pourquoi nous avons décidé de construire un nouveau dispositif expérimental qui
couple le champ micro-onde de la cavité à des atomes lents. Ceux-ci proviennent d’une
fontaine atomique qui, à partir d’un nuage d’atomes refroidis par laser, crée un jet vertical
d’atomes lents qui atteignent le sommet de leur trajectoire au centre de la cavité (fig.4).
Dans cette configuration, des temps d’interaction de l’ordre de 1 ms peuvent être attendus,
soit environ deux ordres de grandeurs de plus qu’avec le dispositif actuel. En plus de ce
jet d’atomes lents, le dispositif pourrait intégrer un jet d’atomes rapides identiques à celui
de l’expérience actuelle pour réaliser des mesures de l’état du champ. L’ensemble devrait
permettre de générer des états non-classiques du rayonnement de plusieurs centaines de
photons et d’étudier leur décohérence. Néanmoins, travailler avec des atomes lents impose
de nouvelles contraintes. En effet, le temps de vol des atomes à travers la cavité est du
même ordre de grandeur que le temps de vie des états de Rydberg circulaires. Il n’est
donc plus possible de préparer ou de détecter les atomes dans des zones séparées de part
et d’autre de la cavité. Il faut développer de nouvelles méthodes pour exciter et ioniser
les atomes lorsque ceux-ci sont situés au centre de la cavité. Mon travail de thèse s’est
concentré sur la nouvelle méthode d’excitation vers les niveaux circulaires.

Figure 4 – Schéma de la future expérience fontaine. Les atomes lents seront produits
par une fontaine atomique. La cavité sera tournée de 90 ◦ pour laisser entrer les atomes
du jet vertical. En même temps, un jet horizontal d’atomes rapides pourra être conservé.

Les propriétés des atomes de Rydberg circulaires, dont leur très long temps de vie (∼
30 ms à T = 0 K) les rendent intéressants pour l’électrodynamique quantique en cavité [49,
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50, 51], pour la métrologie [52] ou pour des études de collisions [53]. Plusieurs méthodes
ont donc été proposées pour les préparer. La première, mise au point par Hulet et al. [54],
consistait à préparer optiquement un niveau de faible moment cinétique du lithium puis
à réaliser une série de passages adiabatiques rapides entre les niveaux Stark, ajoutant
chacun un quanta de moment cinétique. Une autre méthode, proposée par Delande et
al. [55] et réalisée pour la première fois par Hare et al. [56], utilise des champs électrique
et magnétique croisés pour transférer adiabatiquement les atomes vers le niveau circulaire.
Enfin, Cheng et al. ont préparé un état circulaire en tirant profit d’un anti-croisement entre
le niveau 22s du sodium et l’état circulaire n = 20 [57].

La méthode utilisée jusqu’à présent dans nos expériences d’électrodynamique quan-
tique en cavité [58] est basée sur la méthode [54]. Elle consiste d’abord à exciter optique-
ment les atomes dans un niveau de faible moment cinétique, avant d’appliquer un champ
électrique statique qui lève la dégénérescence des états de la multiplicité de nombre quan-
tique principal n. Les nouveaux états propres, appelés sous-niveaux Stark, rangés par
ordre croissant de m, qui reste un bon nombre quantique, forme une structure en tri-
angle (fig.5) où les niveaux sont tous équidistants. On peut alors transférer l’atome dans
le niveau circulaire en lui faisant absorber ∼ n photons radiofréquences σ+. Dans l’an-

m=2 m=3 m=n-1 .   .   .   .   .   .    m=4 m=n-2 

.  .  .  . 

.  .  . 

.  .  .  . 

état circulaire 

én
er

gi
e 

�� 

Figure 5 – Spectre Stark d’un atome de Rydberg. Sous l’effet d’un champ électrique, les
niveaux se déplacent en énergie. Le nombre quantique magnétique m reste un bon nombre
quantique pour décrire les états propres du système. A faible m, le défaut quantique
perturbe le spectre qui a été volontairement omis ici (m = 0 et m = 1). En couplant
l’atome à un champ radiofréquence de polarisation bien définie σ+, il est possible de
manipuler de façon cohérente l’état atomique sur les n niveaux couplés entre eux par le
champ radiofréquence.
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cien montage, l’excitation avait lieu avant que les atomes n’entrent dans la cavité. Elle
se faisait en utilisant un champ radiofréquence de polarisation quelconque et en présence
d’un champ magnétique qui levait la dégénérescence des transitions σ+ et σ−. Si on veut
exciter les atomes alors qu’ils sont au centre de la cavité, la présence des miroirs supra-
conducteurs prohibe l’utilisation de champ magnétique. Le niobium qui les recouvre est
un supraconducteur de type II : en présence d’un champ magnétique, il piégerait des vor-
tex entraînant l’apparition de zones normales dans le supraconducteur qui dissiperaient
l’énergie et dégraderaient la finesse du résonateur. Il est donc nécessaire d’appliquer un
champ radiofréquence de polarisation bien définie. Cette contrainte impose de modifier le
montage expérimental et de disposer autour de la cavité huit électrodes qui permettent
de créer un champ radiofréquence tournant de polarisation σ+ (cf fig.4).

Construction d’un nouveau cryostat

Avant de construire un montage aussi complexe, il est nécessaire de tester les éléments
un par un. La fabrication de nouvelles cavités, dont l’une des étapes essentielles est réalisée
par le groupe lui-même [59], était déjà au centre des préoccupations. Peu reproductible,
le procédé mériterait des tests systématiques pour en améliorer la qualité du résultat.
Cependant, ces tests ne peuvent pas être fait simplement : comme les cavités n’ont pas de
trou de couplage, déterminer leur facteur de qualité par mesure de transmission n’est pas
possible. Il se mesure donc directement au temps de vie des photons micro-ondes, c’est-à-
dire à la vitesse à laquelle l’énergie quitte la cavité. Pour le mesurer, on détecte l’intensité
du champ en regardant l’absorption d’atomes de Rydberg résonants traversant le mode.
Nous avons donc développé un nouveau cryostat pour réaliser des études systématiques
sur la fabrication des miroirs et pour tester leur qualité. Ce cryostat de test est équipé d’un
jet thermique atomique et d’axes optiques pour offrir un accès aux lasers d’excitation. Sa
température limite, inférieure à 1 K, permet de mesurer le temps de vie intrinsèque de la
cavité τ ≥ 100 ms. En effet, à température non nulle, la résistance BCS de surface des
miroirs induit des pertes, conséquence de l’existence d’électrons non appariés en paires de
Cooper dans la couche pénétrable du supraconducteur qui dissipent l’énergie du champ
électromagnétique. Pour mesurer le temps de vie intrinsèque de la cavité, il faut abaisser
suffisamment la température pour que la résistance de surface devienne négligeable, ce
qui n’est le cas qu’à partir de 1 K [60].

Une fois le cryostat opérationnel, nous avons décidé de l’utiliser pour réaliser les pre-
miers essais de circularisation. Nous l’avons adapté pour y installer le nouveau montage
cavité entouré de ses huit électrodes afin de tester sur des atomes rapides la nouvelle
méthode de préparation. Nous avons mis en place des outils de contrôles et de mesures de
l’état atomique au sein d’une multiplicité Stark qui nous ont permis de générer un champ
radiofréquence de polarisation σ+ bien définie. Ce champ nous a non seulement permis de
transférer les atomes d’un niveau de faible moment cinétique m vers l’état circulaire, mais
il nous permet aujourd’hui de manipuler de façon cohérente l’état de l’atome à l’intérieur
de la multiplicité Stark. Les multiplicités n ∼ 50 offrent de grands espaces de Hilbert
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qui permettent de préparer des états semi-classiques de l’état de l’atome. Notre système
constitue donc un autre outil pour explorer la limite quantique-classique.

La limite semi-classique de la trajectoire de l’électron à déjà été étudié dans le contexte
des impulsions ultracourtes [61]. Avec des impulsions lasers picosecondes, il a été possible
de préparer une fonction d’onde de l’electron, d’abord localisée uniquement sur la variable
radiale [62], puis localisée sur les variables angulaires [63, 64] et enfin un paquet d’onde
localisé dans les trois dimensions de l’espace [65, 66]. Ces techniques ont par exemple per-
mis d’observer un électron dans une superposition de deux oscillations radiales de phases
opposées, chat de Schrödinger du mouvement de l’électron [67]. Cependant, toutes ses
expériences se basent sur des superpositions d’états de différentes énergies. Ici nous nous
intéressons aux états semi-classiques au sens de Gay et al., qui correspondent à des états
stationnaires dont la fonction d’onde est localisée autour d’une trajectoire classique de
l’électron [68]. Notre champ radiofréquence σ+ ne couplant que des transitions Δm = 1,
son action sur les niveaux atomiques se simplifie considérablement : partant d’un niveau
situé sur la première diagonale de la multiplicité Stark, seuls les états de cette diagonale
sont couplés par le champ (fig.5). En calculant le couplage entre ces niveaux, on peut mon-
trer que ces n états se comportent comme un spin dont les états cohérents de spin sont les
états elliptiques de Gay [69]. Qui plus est, une très forte analogie [68] relie notre système -
une échelle quasi-linéaire du spin atomique couplée à un champ radiofréquence classique -
à l’électrodynamique quantique en cavité - les niveaux du mode du champ électromagné-
tique couplé par un champ micro-onde classique. Il nous est donc possible d’implémenter
sur l’atome de Rydberg la dynamique Zénon quantique proposée par Raimond et al. [40].
Jusqu’alors, aucune observation de l’aspect non-classique de la dynamique Zénon quan-
tique n’a à notre connaissance été constatée. La seule expérience depuis la proposition de
Facchi et al. [18] a consisté à observer le confinement de l’évolution sur un sous-espace de
dimension 2 sur lequel la dynamique reste celle d’un système à deux niveaux [70]. Avec
son grand espace de Hilbert, le spin atomique permet de véritablement mettre en évi-
dence le caractère non-classique de la dynamique Zénon quantique et de montrer qu’elle
peut préparer le système dans un état chat de Schrödinger [71], avant que celle-ci ne soit
expérimentée sur le mode d’un champ électromagnétique d’une cavité.

Plan du manuscrit

Dans un premier chapitre, nous exposerons quelques éléments de théorie concernant les
atomes de Rydberg. Avec l’électron de valence fortement excité, cet atome est très similaire
à l’atome d’hydrogène que nous étudierons dans un premier temps. Nous introduirons en
particulier les bases sphériques et paraboliques et nous étudierons l’effet d’un champ
électrostatique ou radiofréquence sur cet atome. Cette étude nous permettra de décrire
les états de Rydberg de l’atome de rubidium que nous utilisons dans notre expérience.

Le chapitre II présentera les outils nécessaires à la manipulation des états de Rydberg.
Il commencera par une description du cryostat que nous avons construit et dans lequel
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ont pris place ces expériences. Dans un second temps, nous exposerons les réglages qui
permettent de préparer l’atome de Rydberg et le champ radiofréquence polarisé σ+ en vue
de les faire interagir. L’atome doit être excité optiquement sur des niveaux de Rydberg et
mis en résonance avec le champ radiofréquence pour lequel nous décrirons le réglage de
la polarisation et sa mesure.

Le chapitre III concerne la circularisation. Nous y étudierons les méthodes de passage
adiabatique et d’oscillation de Rabi. Chaque méthode sera tout d’abord décrite d’un point
de vue théorique sur un système idéal et son application sur l’atome de rubidium sera
discutée. Avant d’exposer les résultats expérimentaux, nous exposerons les outils que nous
avons développés pour analyser la qualité du processus et comparer les méthodes.

Nous présenterons dans le quatrième et dernier chapitre l’expérience de dynamique
Zénon quantique appliquée à ces mêmes atomes de Rydberg. Un cadre théorique de cette
dynamique sera développé ainsi qu’un parallèle entre ses applications en électrodynamique
quantique en cavité ou sur les atomes de Rydberg. Nous décrirons par la suite les différents
éléments de l’expérience nécessaires à l’observation de la dynamique Zénon quantique,
avant de présenter les résultats.
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Chapitre I

Elements de théorie des atomes de
Rydberg

Le rubidium, avec son unique électron de valence caractéristique des alcalins, est un
candidat de premier choix pour les expériences de physique atomique. Nos expériences
utilisent du rubidium 85 (85

37Rb), l’isotope le plus abondant, dans un régime très excité
où l’électron de valence est situé sur des niveaux de hautes énergies. Dans ces conditions,
le comportement de cet atome présente de fortes analogies avec l’atome d’hydrogène.
En particulier, certaines de ses transitions Δν vérifient dans une bonne approximation
la loi phénoménologique établie par Rydberg et Ritz en 1889 [72] pour décrire les raies
lumineuses de l’hydrogène

Δνn,n′ = −cRy

( 1
n2 − 1

n′2

)
, (I.1)

avec c la vitesse de la lumière, Ry la constante de Rydberg et n et n′ des entiers relatifs.
Pour cette raison, ces atomes sont appelés atomes de Rydberg. Dans une vision volontai-
rement simpliste, l’atome de Rydberg est constitué d’un électron de valence de charge −q,
très éloigné du cœur atomique formé des autres électrons évoluant autour du noyau et
de charge globale +q. Le comportement hydrogénoïde semble donc en première approche
justifié. En réalité, la loi (I.1) ne rend compte que d’une vision très partielle de la structure
d’un atome de Rydberg. Ce chapitre vise à fournir un cadre théorique qui sera nécessaire
pour décrire les expériences que nous avons réalisées sur des atomes de rubidium.

Nous rappellerons dans un premier temps le modèle de l’atome d’hydrogène, système
à deux corps soumis à une interaction coulombienne. L’hydrogène est le seul atome pour
lequel il est possible de résoudre analytiquement l’équation de Schrödinger, ce que nous
feront pour trouver l’expression des fonctions d’onde de l’électron. Nous étudierons ensuite
comment ces solutions sont modifiées en présence d’une perturbation extérieure comme
un champ électrostatique ou un champ électromagnétique. La méthode et les solutions
de la théorie de l’atome d’hydrogène constitueront une base pour l’étude des alcalins plus
complexes comme le rubidium que nous étudierons dans un second temps.

13



14 Chapitre I. Elements de théorie des atomes de Rydberg

I.1 L’atome d’hydrogène

I.1.1 Les états quantiques en champ nul

I.1.1.a Présentation de l’atome d’hydrogène

L’hydrogène se compose d’un unique proton de masse mp autour duquel évolue un
électron de masse me. Ces deux charges élémentaires de signe opposé q et −q, situées à
une distance r, s’attirent via l’interaction coulombienne

Fq→−q = −e2

r2 ur, (I.2)

où ur est le vecteur unitaire dirigé du proton vers l’électron et e2 = q2/4πε0. Dans un tel
problème à deux corps, il est d’usage d’introduire une particule fictive de masse réduite
μ gravitant autour du centre de masse à une distance r, avec

μ = memp

me + mp

. (I.3)

Le proton possède une masse 2000 fois plus importante que celle de l’électron. La par-
ticule fictive peut donc être assimilée à l’électron avec une bonne approximation. Nous
appellerons donc par la suite électron cette particule fictive, et proton le centre de masse
du système. Cependant, pour conserver une précision maximale dans les calculs, nous
associerons à notre électron la masse réduite μ.

Le Hamiltonien de cet électron s’écrit

Ĥ = p̂2

2μ
+ V (r̂) avec V (r) = −e2

r
(I.4)

si l’on néglige le couplage spin-orbite et les effets relativistes, responsables de la structure
fine des niveaux. L’invariance par translation dans le temps de ce Hamiltonien se traduit
par une énergie E de l’électron constante. La recherche de solution ψ(r) à l’équation de
Schrödinger nécessite d’introduire d’autres constantes du mouvement pour simplifier la
résolution. Du choix de ces constantes découle une base privilégiée pour l’écriture des
vecteurs propres. La description la plus courante de l’atome d’hydrogène se fait dans
la base des états sphériques. Une autre description, plus utile pour la suite, consiste à
résoudre l’équation aux valeurs propres dans une base dite parabolique.

I.1.1.b Base des états sphériques

Comme pour tout mouvement à force centrale, le moment cinétique L̂ = r̂ ∧ p̂ de
l’électron se conserve. Il peut alors être utile de réécrire le Hamiltonien en faisant inter-
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venir L̂

Ĥ = − �
2

2μ

1
r

∂

∂r2 r + 1
2μr2 L̂2 + V (r̂). (I.5)

Sous cette forme, la partie angulaire du Hamiltonien est uniquement contenue dans L̂.
Puisque chaque composante de L̂ commute avec L̂2 et avec tout opérateur agissant uni-
quement sur r, L̂ vérifie la relation de commutation suivante[

Ĥ, L̂
]

= 0. (I.6)

Cette relation traduit l’invariance du système par toute rotation du groupe SO(3) dans
l’espace réel autour du noyau et nous discuterons des conséquences de cette symétrie plus
loin. Il en découle que Ĥ commute notamment avec L̂z et L̂2. On peut alors chercher,
sans perdre en généralité, une base commune à ces trois observables. Puisqu’il existe une
symétrie centrale par rapport à O, les coordonnées sphériques sont bien adaptées à ce
problème. Ainsi la solution ψ vérifie

Ĥψ(r) = Eψ(r) (I.7)
L̂2ψ(r) = l(l + 1)�2ψ(r) (I.8)
L̂zψ(r) = m�ψ(r) (I.9)

avec l le nombre quantique azimutal et m le nombre quantique magnétique. La théorie
des moments cinétiques permet de montrer que tout vecteur propre de L̂2 et L̂z s’écrit
sous une forme factorisée

ψ(r) = R(r)Y m
l (θ, ϕ), (I.10)

où R(r) est une fonction radiale et Y m
l (θ, ϕ) l’harmonique sphérique associée aux valeurs

propres l et m. Puisque Y m
l est entièrement déterminée par ces deux nombres quantiques,

c’est une fonction indépendante du potentiel V̂ dont l’expression est donnée en annexe A.

Cette factorisation de la fonction d’onde nous permet de résoudre séparément les
dépendances radiale et angulaire et simplifie grandement la résolution du problème. Pour
l et m fixés, l’équation aux valeurs propres sur R(r) se résume alors à une équation de
Schrödinger radiale qui prend la forme[

− �
2

2μ

1
r

d

dr2 r + l(l + 1)�2

2μr2 + V (r)
]

R(r) = E R(r), (I.11)

où E et R(r) dépendent a priori de l et m. Puisque seul l intervient dans l’équation
radiale, on peut d’ores et déjà oublier la dépendance en m de E et R. On retrouve ici
l’équation unidimensionnelle d’un électron de masse μ dans un potentiel effectif : le premier
terme n’est autre que le terme d’énergie cinétique et les deux autres termes définissent un
potentiel effectif Veff , qui s’interprète comme un potentiel attractif en 1/r et un potentiel
centrifuge qui empêche l’électron de heurter le noyau.

Les valeurs propres de cette équation s’écrivent sous la forme bien connue de la formule
de Bohr

En,l = En = −E1

n2 (I.12)
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avec n un entier relatif et E1 l’énergie du niveau fondamental

E1 = μe4

2�2 (I.13)

qui vaut E1 = 13, 6 eV. L’invariance de l’énergie avec le nombre quantique magnétique
m est une conséquence de l’invariance du problème de Coulomb à trois dimensions par
symétrie dans l’espace réel autour du point O sous le groupe de rotation SO(3). En effet,
puisque le choix de l’axe (Oz) est arbitraire, m ne doit logiquement pas apparaître dans
l’expression de l’énergie. Par contre, l’invariance de l’énergie avec le nombre quantique
orbital l est plus inattendue. Cette dégénérescence des n2 niveaux de la multiplicité est
liée à la forme du potentiel qui fait que le (p + 1)-ième état lié, en présence du potentiel
centrifuge de nombre quantique azimutal l, a la même énergie que le p-ième état lié en
présence du potentiel centrifuge associé à l + 1. Cette dégénérescence est illustrée sur la
figure I.1. Cette propriété, caractéristique des potentiels en 1/r, cache en fait une symétrie
supplémentaire que nous expliciterons plus tard car elle est à la base des fonctions d’onde
paraboliques.

Figure I.1 – Illustration de la dégénérescence en l de l’énergie d’un atome d’hydrogène.
Lorsque l augmente, la barrière cinétique devient plus grande. Le potentiel résultant
est alors moins profond. Pour les potentiels en 1/r, le niveau fondamental de moment
cinétique l+1 est dégénéré avec le deuxième niveau d’énergie de moment cinétique l. Cette
dégénérescence « accidentelle » trouve sa justification dans une étude plus approfondie
des invariants du système.

Les vecteurs propres Rn,l(r) solutions de l’équation (I.11) sont décrits dans [73] (cf an-
nexeA). Quelques fonctions d’onde des états sphériques notés désormais |ψ〉 = |n, l, m〉
sont représentées sur la figure I.2. Pour une représentation plus lisible, le nombre quan-
tique principal n est fixé ici à 21, bien que toutes les expériences soient faites pour n ∼ 50.
Le noyau de l’hydrogène occupe chaque fois le centre du repère. La symétrie de rotation
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Figure I.2 – Fonctions d’onde de quelques états sphériques de l’hydro-
gène : |n = 21, l = 12, m = 0〉, |n = 21, l = 12, m = 9〉, |n = 21, l = 12, m = 12〉 et
|n = 21, l = 20, m = 20〉. Sur la première ligne sont représentées les fonctions d’onde à 3
dimensions. L’axe vertical est l’axe de quantification (Oz). L’unité des axes est 103a0.
Nous avons représenté les surfaces où la densité de probabilité devient supérieure à
1, 5 · 10−9a−3

0 . Sur la deuxième ligne est tracée la projection dans le plan (zOρ), où ρ est
le rayon en coordonné cylindrique (ρ, ϕ, z) de l’espace réel. La couleur varie de 0 (fond
bleu) à 5 · 10−9a−3

0 (blanc). La variable ϕ n’intervient qu’à travers un terme de phase
eimϕ, la densité de probabilité |ψ|2 est donc invariante avec ϕ. Les fonctions d’onde à
trois dimensions ne reprennent pas tous les motifs de leur projection à cause de l’effet du
seuil, choisi pour donner assez de lisibilité.

autour de l’axe (Oz) traduit le fait que |ψ〉 est vecteur propre de L̂z. On remarque que
l’orbite électronique devient de plus en plus confinée autour du plan z = 0 à mesure que la
projection du moment cinétique m tend vers l. Plus ce nombre quantique azimutal l aug-
mente, plus la densité de probabilité de l’électron est grande loin du centre de l’atome. La
dernière fonction d’onde représente l’état circulaire. L’électron y est entièrement localisé
dans un tore centré sur le noyau atomique, d’où son nom d’état circulaire.

La base sphérique impose à toutes les solutions d’être symétriques par rapport aux
plans x = 0, y = 0 et z = 0. En conséquence, celles-ci possèdent toutes un dipôle d̂ = qr̂
moyen nul

〈n, l, m|qr̂|n, l, m〉 = 0. (I.14)

Or, ce dernier joue un rôle déterminant dans l’interaction avec des champs électriques
extérieurs. Il peut donc être intéressant de trouver les solutions de l’atome d’hydrogène
dans la base propre du dipôle atomique. Celle-ci est la base parabolique.
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I.1.1.c Base des états paraboliques

Cette base se construit sur un nouvel invariant, découvert initialement en mécanique
céleste sur les orbites des planètes du système solaire : le vecteur de Runge-Lenz A, défini
en mécanique classique par

A = p ∧ L − μk
r

r
, (I.15)

où k caractérise l’interaction gravitationnelle en k/r2. Pour tout mouvement à force cen-
trale, ce vecteur est un invariant en plus du moment cinétique. Il est toujours dirigé selon
le grand axe de l’orbite et sa norme définit l’excentricité de l’orbite par la relation

ε = A

μk
, (I.16)

avec ε = FF’/2a, où F et F’ sont les foyers de l’orbite et a le demi-grand axe. Pour une
orbite circulaire, l’excentricité est nulle ; elle tend vers 1 pour une orbite qui tend à être
linéaire. En mécanique céleste, la conservation du vecteur A pour un astre traduit la
stabilité de l’orientation de l’ellipse et le fait que sa trajectoire est fermée.

L’analogie entre gravitation et interaction coulombienne en physique fait du vecteur
de Runge-Lenz un autre invariant de l’atome d’hydrogène. En mécanique quantique, ce
vecteur se définit par [74]

Â = 1
2

(
p̂ ∧ L̂ − L̂ ∧ p̂

)
− μe2 r̂

r
. (I.17)

On peut montrer, pour le Hamiltonien Ĥ définit à l’équation (I.4), que[
Ĥ, Â

]
= 0. (I.18)

Par analogie avec le moment cinétique L̂, nous allons interpréter géométriquement l’inva-
riance de Â. Au sein d’une multiplicité n, l’énergie E < 0 est fixée et on peut introduire
le vecteur de Runge-Lenz réduit â

â = 1√−2μE
Â (I.19)

de même dimension que L̂. Par cette normalisation, les valeurs propres de â varient comme
celles de L̂, entre 0 et �(n − 1) [75]. Contrairement à L̂, â ne vérifie pas les relations de
commutation d’un moment cinétique puisque ses composantes obéissent aux relations de
commutation [74]

[âi, âj] = iL̂k, i, j, k = x, y, z. (I.20)
Les relations de commutation entre L̂ et â sont données par⎧⎪⎪⎪⎪⎪⎨

⎪⎪⎪⎪⎪⎩

[
L̂i, âj

]
= iâk[

L̂i, âk

]
= −iâj[

L̂i, âi

]
= 0

i, j, k = x, y, z. (I.21)
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En conséquence, on peut définir à partir des composantes de L̂ et de â des vecteurs
vérifiant les relations de commutation d’un moment cinétique. Considérons par exemple
le vecteur {âx, ây, L̂z}. Il vérifie

⎧⎪⎪⎪⎪⎨
⎪⎪⎪⎪⎩

[âx, ây] = iL̂z[
ây, L̂z

]
= iâx[

L̂z, âx

]
= iây

(I.22)

et est à ce titre un générateur de rotations dans un espace à trois dimensions défini par
les coordonnées {excentricité selon (Ox), excentricité selon (Oy), moment cinétique selon
(Oz)}. L’opérateur âx est le générateur d’une rotation qui transforme ây en L̂z et L̂z en
−ây. Ce type de transformation est illustré avec des trajectoires classiques sur la figure I.3.
Partant d’une orbite circulaire de moment cinétique aligné sur l’axe (Oz), l’action de
âx réduit le moment cinétique selon z et augmente l’excentricité selon −y. Puisque âx

commute avec Ĥ, ces orbites sont de même énergie. C’est pourquoi la longueur du grand-
axe, uniquement fonction de l’énergie, est conservée par cette transformation.

Figure I.3 – Illustration sur des trajectoires classiques dans le plan (x, y) de l’action de
âx. La longueur du demi-grand axe, qui ne dépend que de l’énergie, reste ici constante
pour toutes les orbites. Les trajectoires sont tracées pour des ellipticités ε = 0 (noir),
0, 55 (rouge), 0, 89 (vert), 0, 998 (bleu). On remarque que l’aire totale décroît à mesure
que l’ellipticité croît, ce qui traduit d’après la deuxième loi de Kepler une diminution du
moment cinétique.

Cet exemple illustre la non-commutation de L̂ et â : une rotation induite par â modifie
le moment cinétique. Ces deux opérateurs ne permettent donc pas de définir un ECOC. Il
est cependant possible d’introduire à partir de L̂ et â deux nouveaux opérateurs Ĵ1 et Ĵ2,
qui vérifieront toutes les relations de commutation nécessaires. Au sein d’une multiplicité
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n, ceux-ci sont définis par [69]

Ĵ1 = 1
2

(
L̂ − â

)
(I.23)

Ĵ2 = 1
2

(
L̂ + â

)
. (I.24)

Les équations (I.20) et (I.21) permettent d’établir que ces deux opérateurs vérifient toutes
les relations de commutation des moments cinétiques à trois dimensions. De plus, ils com-
mutent avec Ĥ puisqu’ils sont combinaisons linéaires de L̂ et â. Enfin, chaque composante
de Ĵ1 commute avec celles de Ĵ2. Puisque Ĵ1 est un moment cinétique, les valeurs propres
possibles de Ĵ2

1 sont j1(j1 + 1)�2, avec j1 entier ou demi-entier. On montre de plus qu’au
sein d’une multiplicité

Ĵ2
1 = Ĵ2

2 = −�
2

4 − μe4

8E
, (I.25)

ce qui se réexprime sous la forme

E = − μe4

2�2(2j1 + 1)2 . (I.26)

On retrouve ici sous une autre forme l’expression de l’énergie de l’atome d’hydrogène I.12,
avec la condition

j1 = n − 1
2 . (I.27)

De la même façon, on montre que j2 = j1. Pour une énergie E fixée et donc un nombre
quantique principal n fixé, Ĵ1 et Ĵ2 définissent deux moments cinétiques (n − 1)/2.

D’après la théorie des moments cinétiques, les états propres au sein d’une multiplicité
peuvent être obtenus par diagonalisation des opérateurs Ĵ2

1 , Ĵ2
2 , et de leur projection Ĵ1z

et Ĵ2z. En notant m1� et m2� les valeurs propres de Ĵ1z et Ĵ2z, les états propres sont
donnés par les nombres quantiques {j1, m1, j2, m2}. Etant donné que Ĵ1 et Ĵ2 sont définis
pour une valeur de n fixée, la caractérisation d’un état propre se restreint aux nombres
quantiques {n, m1, m2}. La base {|n, m1, m2〉} ainsi définie est appelée base parabolique.
Puisque Ĵ1 et Ĵ2 commutent, les nombres quantiques m1 et m2 sont indépendants. L’état
|m1, m2〉 est donc formellement factorisable sous la forme |m1〉 |m2〉. De plus, en tant que
projection d’un spin (n − 1)/2, les nombres quantiques m1 et m2 varient entre −(n − 1)/2
et (n − 1)/2 et prennent donc chacun n valeurs possibles.

Les états propres de la base parabolique sont par construction états propres de Ĵ1z et
Ĵ2z. Par somme et différence, ils sont aussi états propres de L̂z et âz

âz|n, m1, m2〉 = (m2 − m1)�|n, m1, m2〉 (I.28)
L̂z|n, m1, m2〉 = (m1 + m2)�|n, m1, m2〉. (I.29)

Une orbite peut par conséquent être caractérisée de façon équivalente par {n, m1, m2},
correspondant à l’ECOC {Ĥ, Ĵ1z, Ĵ2z}, ou par {n, m2 − m1, m1 + m2}, correspondant à
l’ECOC {Ĥ, âz, L̂z}.
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L’expression de l’énergie (I.26) laisse apparaître la dégénérescence des niveaux avec les
nombres quantiques m1 et m2, conséquence du choix arbitraire de l’axe (Oz) et illustrée
par la commutation de Ĥ avec Ĵ1 et Ĵ2. La dégénérescence en n2 qui apparaissait en
coordonnées sphériques est donc une conséquence de la double dégénérescence m1, m2.
Plus fondamentalement, elle découle de la conservation d’un moment cinétique L̂, défini
dans un espace à quatre dimensions par [69]

L̂ij = εijk · L̂k, i, j, k = x, y, z (I.30)
L̂i4 = −L̂4i = âi, i = x, y, z (I.31)

où εijk est le symbole de Levi-Civita. L̂ satisfait les conditions de commutation d’un
moment cinétique à quatre dimensions. Il est le générateur des rotations d’un espace à
quatre dimensions qui laissent le sous-espace propre du Hamiltonien invariant. Sa norme
vaut

L̂2 = L̂2 + â2 = (n2 − 1)�2, (I.32)

et ses composantes vérifient

L̂ · â = â · L̂ = 0, (I.33)

satisfaisant ainsi les propriétés d’une algèbre de Lie o4 [74]. Ce moment cinétique L̂
commute avec Ĥ, c’est donc un invariant de l’atome d’hydrogène. L’espace vectoriel stable
sous l’effet des rotations engendrées par L̂ est de dimension n2 et explique véritablement
la dégénérescence de l’atome d’hydrogène. Cette dégénérescence en n2 de l’espace propre
de nombre quantique principal n est une conséquence de la décomposition de l’algèbre de
Lie o4 en une somme directe de deux algèbres de Lie o3 [74]

o4 = o3 ⊕ o3, (I.34)

dont chaque représentation, qui correspond aux spins Ĵ1 et Ĵ2, est de dimension n.

Les équations (I.32) et (I.33) illustrent une propriété importante des transformations
induites par L̂ et â : ces transformations, qui laissent invariante l’énergie, maintiennent
constante la quantité L̂2 + â2 avec L̂ et â orthogonaux. A ce titre, les rotations dans
l’espace réel induites par L̂ ou les rotations induites par â et décrites en figure I.3 satisfont
ces conditions. Prenons l’exemple d’une orbite classique pour donner une image plus
concrète. La rotation induite par L̂ conserve les normes de chacun des opérateurs mais en
change les projections. Par exemple, une rotation induite par L̂x sur une orbite contenue
dans un plan (xOy) entraîne une diminution de |L̂z| au profit de |L̂y|, en même temps
qu’elle diminue |ây| au profit de |âz|. Au contraire, l’action de â modifie la norme des
vecteurs L̂ et â mais pas leur direction : comme l’illustre la figure I.3, son action entraîne
une conversion de moment cinétique en excentricité et vis versa. Cela illustre d’ailleurs
un comportement bien connu en mécanique classique : à énergie fixée, plus un objet
tourne vite, plus son mouvement est circulaire. Surtout, les équations (I.32) et (I.33)
nous éclairent sur le choix des moments cinétiques Ĵ1 et Ĵ2 : leur norme au carré vaut
(L̂2 + â2)/4 et est donc constante, égale à (n2 − 1)�2/4.
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Fonctions d’onde dans la base parabolique Pour obtenir l’expression des fonc-
tions d’onde dans la base parabolique, introduisons dans l’équation de Schrödinger les
coordonnées paraboliques (ξ, η, ϕ). Ces derniers sont définis par rapport aux coordonnées
sphériques par

ξ = r(1 + cos θ) η = r(1 − cos θ) (I.35)

et permettent de factoriser l’équation de Schrödinger à condition de chercher des solutions
u(ξ, η, ϕ)

u(ξ, η, ϕ) = u1(ξ)u2(η)eimϕ. (I.36)

Sous cette forme, on peut écrire deux équations différentielles indépendantes sur u1 et
u2 (cf annexeA). La résolution de ces équations nécessitent d’introduire deux nouveaux
nombres quantiques n1 et n2, appelés nombres quantiques paraboliques, qui vérifient

n1 + n2 = n − 1/2(|m| + 1) (I.37)

On montre alors que les solutions u(ξ, η, ϕ) s’écrivent sous la forme

un1n2m(ξ, η, ϕ) = un1m(ξ)u′
n2m(η)eimϕ, (I.38)

où les fonctions un1m et u′
n2m sont écrites en annexe A. Les nombres quantiques n1 et n2 ne

suffisent pas à décrire complètement l’état puisqu’ils définissent |m| mais pas le signe de
m (cf équation I.37). On écrira donc l’état propre sous la forme de Dirac |n, n1, n2, ±〉, où
± désigne le signe de m. On montre de plus que l’état |n, n1, n2, ±〉 est état propre de âz

(A.15) et de L̂z (A.16). Les vecteurs |n, n1, n2, ±〉 et |n, m1, m2〉 sont donc chacun vecteurs
propres de Ĥ, L̂z et Âz. Puisque ces trois observables forment un ECOC, l’identification
de ces vecteurs est possible à condition que

n1 = n − 1
2 + m1 n2 = n − 1

2 + m2 si m ≤ 0 (I.39)

n1 = n − 1
2 − m2 n2 = n − 1

2 − m1 si m ≥ 0. (I.40)

On montre ainsi que l’expression des fonctions d’onde (A.9) décrit les états propres
|n, m1, m2〉.

Contrairement aux fonctions d’onde sphériques, les fonctions d’onde paraboliques sont
asymétriques par rapport au plan z = 0, mettant en évidence un moment dipolaire non
nul. Quelques unes de ces fonctions sont représentées sur la figure I.4. Le nombre quantique
m détermine la projection du moment cinétique sur l’axe (Oz). Pour une valeur de m
donnée, on fait varier l’excentricité de l’orbitale en changeant n1 (trois premières figures).
Les orbitales correspondant aux états |n, n1, n2, m〉 et |n, n2, n1, m〉 (première et troisième
figures) sont symétriques par rapport au plan z = 0, correspondant à des excentricités
opposées.
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Figure I.4 – Fonctions d’onde de quelques états paraboliques de l’atome d’hydrogène
pour n = 21, dans l’ordre |n, n1 = 0, m = 16〉, |n, n1 = 2, m = 16〉, |n, n1 = 4, m = 16〉 et
|n, n1 = 2, m = 7〉. Les représentations présentes les mêmes caractéristiques que sur la
figure I.2. Les trois premiers exemples montrent l’influence du nombre quantique n1 à m
constant. L’effet du nombre quantique m est illustrée avec le dernier exemple.

I.1.1.d Relation entre les bases sphériques et paraboliques

La base parabolique repose sur les quatre observables Ĵ1, Ĵ1z, Ĵ2 et Ĵ2z et peut être
notée |j1, m1, j2, m2〉. La théorie de l’addition des moments cinétiques montre qu’on peut
construire une base alternative sur les observables Ĵ2

1 , Ĵ2
2 ,

(
Ĵ1 + Ĵ2

)2
et

(
Ĵ1z + Ĵ2z

)
.

Puisque Ĵ1 + Ĵ2 = L̂, cette base n’est autre que la base sphérique |j1, j2, l, m〉, noté aussi
|n, l, m〉 puisque j1 = j2 = (n − 1)/2. Ces deux bases sont liées par les coefficients de
Clebsch-Gordan 〈j1, m1, j2, m2|j1, j2, l, m〉 [74]

|n, l, m〉 =
∑

m1m2

|n, m1, m2〉〈j1, m1, j2, m2|j1, j2, l, m〉. (I.41)

Les nombres quantiques utiles de la base parabolique sont donc n, m1 et m2. Le nombre
quantique principal n est le seul dont dépend l’énergie. Il peut prendre toutes les valeurs
entières strictement positives. m1 et m2 renseignent sur la forme de l’orbite atomique. Ils
évoluent entre −(n − 1)/2 et (n − 1)/2 et sont entiers ou demi-entiers selon la parité de n.
Comme nous l’avons vu, il existe une autre description de la base parabolique à l’aide des
nombres quantiques n1 et n2. Ce sont ces nombres-là qui sont traditionnellement utilisés
pour décrire les états paraboliques. Des équations (I.39) et (I.40), on déduit la relation

n = n1 + n2 + |m| + 1. (I.42)

La base parabolique peut ainsi s’exprimer sous la forme |n, n1, m〉, une écriture que nous
utiliserons par la suite.



24 Chapitre I. Elements de théorie des atomes de Rydberg

I.1.2 Quantification en champ électrique statique

En champ nul, les n2 niveaux d’une multiplicité sont tous dégénérés. Dans ces condi-
tions, il est très difficile de manipuler les états atomiques de façon cohérente : l’axe
de quantification n’étant pas défini, le moindre champ parasite peut modifier l’état de
l’atome. Toutes nos expériences sont effectuées en présence d’un champ statique uniforme
Fst qui lève la dégénérescence des niveaux. Nous choisissons l’axe (Oz) de quantification
le long de la direction du champ électrique Fst = Fstuz. Le présence du champ statique
modifie le potentiel coulombien par l’ajout d’un terme supplémentaire

Ŵ (r̂) = −qFst · r̂ = −qFstẑ. (I.43)
L’application d’un champ électrique statique brise la symétrie sphérique autour de O. La
première conséquence est que L2 n’est plus une constante du mouvement et l un bon
nombre quantique. La base sphérique est par conséquent inadaptée à la description en
champ non nul. Cependant, l’axe (Oz) reste un axe de symétrie du problème et Lz une
constante du mouvement. Le nombre quantique m, associé à la projection de L sur (Oz),
demeure pertinent.

Le problème d’un électron soumis à un champ électrostatique a été pour la première
fois traité par Epstein [76] et Schwartzschild [77] dès 1916. Ils ont montré que les coor-
données paraboliques permettaient de proposer une expression factorisée à l’équation du
mouvement. Traité d’un point de vue quantique, cette base parabolique permet aussi de
factoriser l’équation de Schrödinger [78, 79]. Mais il reste impossible de résoudre analyti-
quement l’équation, et seul un développement limité en puissance de Fst permet d’établir
une solution approchée [80]. La théorie des perturbations est applicable si la perturbation
reste petite devant l’énergie d’interaction du noyau, ce qui se traduit ici par la condi-
tion [78]

Fst  E1

qa0n4 . (I.44)

Pour n = 50, cela correspondrait à des champs électriques de l’ordre de 400 V/cm, très
nettement supérieurs à ceux appliqués dans notre expérience. Dans la limite des champs
faibles mis en jeu par la suite, nous limiterons le développement au deuxième ordre.

I.1.2.a Effet Stark linéaire

La théorie des perturbations ne couple au premier ordre que les états non-perturbés
dégénérés. Dans l’atome d’hydrogène, le premier ordre du traitement perturbatif peut donc
être calculé en restreignant l’étude au sous-espace des fonctions propres d’une multiplicité
n donnée. Par construction, âz est diagonal dans la base parabolique (I.28). On peut
montrer, au sein du sous-espace d’étude, que l’opérateur dipolaire est aussi diagonal dans
la base parabolique et vaut [81]

〈n, m, n1|ẑ|n, m, n1〉 = −3
2

a0

�
n〈n, m, n1|âz|n, m, n1〉 = 3

2a0n(n1 − n2). (I.45)
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La restriction de l’opérateur dipolaire Ŵ au sous-espace de chaque multiplicité est donc
diagonale dans la base des états paraboliques. Cela se traduit avec des arguments clas-
siques : au premier ordre, le dipôle atomique 〈d〉 = q〈z〉uz est simplement dû à l’ex-
centricité de l’orbitale atomique. Lorsque celle-ci est nul (n1 − n2 = 0), les barycentres
de charges positives et négatives sont confondus et le moment dipolaire est nul. Plus la
norme de l’excentricité augmente, plus le barycentre des charges négatives est décentré
et le moment dipolaire important. En tant que mesure de cette excentricité, âz fournit
une mesure du dipôle atomique [82, 83]. En conséquence, l’effet Stark au premier ordre
ne correspond qu’à un déplacement d’énergie. Au premier ordre, la correction en énergie
due à l’effet Stark s’écrit ainsi

W (1) = −3
2qa0Fstn(n1 − n2). (I.46)

L’effet Stark linéaire a pour effet de lever la dégénérescence des n2 niveaux de la
multiplicité, mais seulement partiellement car les niveaux de nombres quantiques m dif-
férents et pour lesquels n1 − n2 sont égaux restent dégénérés. La figure I.5 représente les
niveaux d’énergies en fonction de m. Les niveaux de même m, dégénérés en champ nul,
s’éloignent les uns les autres. L’écart entre niveaux consécutifs de même m est identique
quelque soit m. Il est de plus proportionnel à n, les niveaux étant d’autant plus sensibles
au champ électrique que l’électron est éloigné du noyau. Les niveaux les plus déplacés
sont des niveaux de faibles m. On retrouve ici l’argument classique que l’excentricité est
grande pour les états de faibles moments cinétiques. Le déplacement des niveaux consti-
tuants le bord de la multiplicité est proportionnel à n2. Pour bien saisir la structure de
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Figure I.5 – Energies des états paraboliques |n1, n2〉 en champ électrique statique. Les
nombres quantiques paraboliques n1 et n2 prennent tout leur sens ici : ils désignent res-
pectivement le (n1 + 1)-ième ((n2 + 1)-ième) niveau le moins (le plus) énergétique pour
un m donné.
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Figure I.6 – Niveaux paraboliques |m1, m2〉 en présence d’un champ électrique statique.
Les niveaux du spin Ĵ1 pour m2 = j2 sont représentés en rouge. Les niveaux du spin Ĵ2
pour m1 = −j1 sont représentés en vert. Les manipulations atomiques présentées dans ce
manuscrit se feront sur les niveaux en rouge.

l’espace de Hilbert au sein d’une multiplicité, il est instructif de représenter les niveaux
d’énergies à l’aide des nombres quantiques m1 et m2 (fig. I.6). Sur ce diagramme apparaît
la véritable structure du spectre d’hydrogène en champ statique non nul. On reconnaît
sur la diagonale rouge, ainsi que toutes celles qui lui sont parallèles, les différents niveaux
qui composent le spin J1. Et il en est de même avec la diagonale verte et le spin J2. Nous
appellerons ces diagonales échelles de spins. La structure globale est ainsi décomposée en
deux structures d’échelles de spins découplées.

I.1.2.b Effet Stark quadratique

Au second ordre des perturbations, il faut considérer l’espace de Hilbert tout entier. Ne
pouvant plus nous restreindre à une multiplicité, l’opérateur ẑ n’est plus diagonal et par
conséquent la base parabolique n’est plus la base des états propres. Cependant, nous ne
nous intéresserons qu’aux corrections au deuxième ordre de l’énergie et non aux corrections
des vecteurs propres. Nous continuerons donc de nommer les états propres du système à
l’aide des nombres quantiques paraboliques. Le second ordre de l’effet Stark s’interprète
comme un effet de polarisabilité de l’atome. Sous l’action du champ électrique, le dipôle
est perturbé proportionnellement à Fst. L’interaction de ce dipôle avec le champ électrique
lui-même modifie l’énergie proportionnellement à F 2

st. D’un point de vue quantique, cela
correspond aux couplages des niveaux de même m mais de multiplicités différentes. Pour
un niveau |n, n1, m〉 donné, le calcul perturbatif au second ordre s’écrit

W (2) =
∑

n′ �=n,n′
1,m

|〈n′, n′
1, m|Ŵ |n, n1, m〉|2

En,n1,m − En′,n′
1,m

. (I.47)
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Le calcul conduit à l’expression suivante [84]

W (2) = − 1
32E1

F 2
st

F 2
0

n4(17n2 − 3(n1 − n2)2 − 9m2 + 19), (I.48)

où F0 = E1/qa0. L’effet Stark quadratique dépend de m ce qui n’était pas le cas pour
l’effet Stark linéaire. Les niveaux encore dégénérés au premier ordre ne le sont plus. De
plus, la correction W (2) est toujours négative : l’effet Stark quadratique provoque sur tous
les niveaux un abaissement de l’énergie. En effet, pour un niveau de m donné dans la
multiplicité n, la multiplicité n+1 compte plus de niveaux de même m que la multiplicité
n − 1 et est plus proche en énergie. Le couplage entre les niveaux de différentes multi-
plicités diminue donc systématiquement leur énergie. L’énergie des niveaux de l’atome
d’hydrogène pour m = 0 en fonction du champ électrique statique est représentée sur la
figure I.7 pour la multiplicité n = 51.
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Figure I.7 – Spectre Stark de la multiplicité n = 52 de l’atome d’hydrogène, pour les
niveaux m = 0. A ces valeurs de champs électriques, l’effet Stark quadratique n’est pas
encore visible.

Le développement au second ordre des perturbations est justifié tant que la contamina-
tion entre multiplicité des niveaux reste faible. Les niveaux extréma des multiplicités ont
des effets Stark linéaires en n2 et la séparation entre deux multiplicités consécutives est
en n3, donnant une condition sur le champ en n5. Le calcul précis conduit à l’expression
de la limite de Inglis-Teller [75, 79]

Fst  2E1

3qa0n5 . (I.49)

Pour le plus grand n utilisé dans nos expériences, à savoir n = 52, cette limite vaut
4, 5 V/cm. Toutes nos expériences sont réalisées en champ électrique inférieur à 4 V/cm et
l’approximation du second ordre des perturbations en énergie est justifiée. Les ordres de
grandeurs sont les mêmes dans le rubidium et cette approximation restera donc valable.
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I.1.3 Atome d’hydrogène dans un champ électrostatique soumis
à un rayonnement radiofréquence

Le champ électrique statique lève la dégénérescence des niveaux électroniques, mettant
en évidence les échelles de spins Ĵ1 et Ĵ2. Au premier ordre de la perturbation, ces échelles
de spins sont harmoniques et la fréquence propre ωat est directement proportionnelle au
champ électrostatique. Dès lors, un champ électrique variable de fréquence ωrf résonant
avec l’atome peut induire des transitions sur les échelles de spins. Nous étudions ici un
tel couplage.

I.1.3.a Hamiltonien de couplage

Le Hamiltonien de couplage est de la même forme que (I.43) avec cette fois-ci un
champ variable Frf (t)

V̂ (r̂, t) = −qFrf (t) · r̂. (I.50)

Pour le moment, le champ radiofréquence est supposé quelconque. Les seuls éléments de
matrice non nuls de l’opérateur dipôlaire sont [74]

〈n, m1, m2|ẑ|n, m1, m2〉 = 3
2na0(m1 − m2) (I.51)

〈n, m1, m2|x̂ − iŷ|n, m1 + 1, m2〉 = 3
2na0

√
(n − 2m1 − 1)(n + 2m1 + 1) (I.52)

〈n, m1, m2|x̂ − iŷ|n, m1, m2 + 1〉 = −3
2na0

√
(n − 2m2 − 1)(n + 2m2 + 1). (I.53)

On obtient par conjugaison les éléments de matrice

〈n, m1 + 1, m2|x̂ + iŷ|n, m1, m2〉 = 3
2na0

√
(n + 2m1 + 1)(n − 2m1 − 1) (I.54)

〈n, m1, m2 + 1|x̂ + iŷ|n, m1, m2〉 = −3
2na0

√
(n + 2m2 + 1)(n − 2m2 − 1). (I.55)

La projection du moment dipolaire selon (Oz) ne couple pas les différents états entre eux.
Seuls les opérateurs x̂− iŷ et x̂+iŷ induisent des transitions dans la multiplicité en accord
avec les règles de sélection qui empêchent toute transition pour laquelle |Δm| �= 1. Nous
considérerons dans la suite des champs radiofréquences contenus dans le plan (x, y). Un
tel champ peut être décomposé selon ses composantes σ+ et σ−, il suffit donc d’étudier
indépendamment l’action de chacune de ces polarisations. L’étude est ici restreinte à la
composante σ+ mais les conclusions sont analogues pour la composante σ−.

Remarquons tout d’abord que l’opérateur x̂ + iŷ couple l’état |n, m1, m2〉 à la fois
à l’état |n, m1 + 1, m2〉 et à l’état |n, m1, m2 + 1〉. Ces deux transitions sont Δm = +1,
l’une étant montante en énergie et l’autre descendante, comme illustré sur la figure I.8.
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Figure I.8 – Action des opérateurs x̂ ± iŷ sur les transitions Δm = ±1. L’opérateur
x̂ + iŷ couple un état de m donné avec des états m + 1 alors que l’opérateur x̂ − iŷ couple
ce même état avec des états m − 1.

La situation n’est donc pas aussi triviale qu’il n’y paraît et il convient de l’analyser plus
en détail. Un champ radiofréquence Frf polarisé σ+ s’écrit

Frf = Frf (cos (ωrf t)ux + sin (ωrf t)uy) = F e−iωrf t + c.c, (I.56)

avec F = 1
2Frf (ux + iuy). L’interaction du champ avec le dipôle atomique d̂ = qr̂ prend

alors la forme

V̂ (r, t) = 1
2qFrfe−iωrf t(x̂ + iŷ) + h.c. (I.57)

L’opérateur x̂ + iŷ induit des transitions Δm1 = +1 et Δm2 = +1 et peut donc être
identifié aux opérateurs Ĵ+

1 et Ĵ+
2

x̂ + iŷ = 3na0

�
Ĵ+

1 ⊗ l12 = 3na0

�
l11 ⊗ Ĵ+

2 , (I.58)

et de même pour x̂ − iŷ avec Ĵ−
1 et Ĵ−

2 , où Ĵ±
1 et Ĵ±

2 sont définis à partir des composantes
des moments cinétiques Ĵ1 et Ĵ2 par

Ĵ±
1 = Ĵ1x ± iĴ1y Ĵ±

2 = Ĵ2x ± iĴ2y. (I.59)

En conséquence, le hamiltonien d’interaction s’écrit

V̂ (r, t) = V (Ĵ+
1 ⊗ l12 + l11 ⊗ Ĵ+

2 )e−iωrf t + h.c, (I.60)

avec V = 3qna0
2� Frf . Dans le cas considéré d’un champ σ+, l’opérateur Ĵ+

1 provoque une
augmentation d’énergie d’une quantité �ωat. Puisqu’un état d’énergie E voit sa phase
tourner en e−iEt/�, l’augmentation d’énergie s’accompagne d’un terme de phase eiωatt.
L’opérateur Ĵ+

1 est donc résonant avec le terme e−iωrf t. A l’inverse, Ĵ+
2 provoque une

diminution de l’énergie de la même quantité �ωat et n’est pas résonant avec le terme
e−iωrf t. Après suppression des termes non-résonants, le Hamiltonien de couplage Ŵrf entre
l’atome et un champ radiofréquence polarisé σ+ se résume à

V̂ +(r, t) = V Ĵ+
1 ⊗ l12e

−iωrf t + h.c. (I.61)
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De même, le Hamiltonien de couplage avec un champ polarisé σ− s’écrit

V̂ −(r, t) = V l11 ⊗ Ĵ−
2 e−iωrf t + h.c. (I.62)

Ainsi, la polarisation σ+ du champ radiofréquence se couple au spin Ĵ1 et la composante
σ− au spin Ĵ2. Il est donc possible d’adresser uniquement l’un des deux spins par le choix
de la polarisation du champ radiofréquence.

Dans les expériences décrites dans ce manuscrit, l’atome est toujours couplé à un
champ radiofréquence polarisé σ+. De plus, l’état initial occupera toujours l’un des états de
la plus basse échelle de spin pour laquelle m2 = j2. L’évolution sera donc restreinte à cette
échelle de spin (niveaux en rouge sur la figure I.6). L’état atomique ne sera en conséquence
noté qu’en terme de spin J1, c’est-à-dire par l’état |j1, m1〉. Quelques fonctions d’onde de
ces états |j1, m1〉 sont présentées sur la figure I.9.

Figure I.9 – Fonctions d’onde des états paraboliques de l’échelle de spin m2 = j2 de
l’atome d’hydrogène, pour n = 21. Les niveaux sont dans l’ordre : |j1 = 10, m1 = −10〉
(m = 0), |10, m1 = −2〉 (m = 8), |10, m1 = 6〉 (m = 16) et l’état circulaire |10, m1 = 10〉
(m = 20). Les fonctions d’onde à 3 dimensions sont tracées pour une densité supérieure
à 3 · 10−9a−3

0 . Leur projection dans le plan (zOρ) sont tracées entre 0 et 1, 5 · 10−8a−3
0 .

Remarquons que l’état circulaire est le seul état commun aux bases sphériques et parabo-
liques. Dans l’état m1 = −10, la fonction d’onde est concentrée sur l’axe (Oz) : l’orbite
est très elliptique (|n1 − n2| est maximal) et le moment cinétique est nul (m = 0). Dans
l’état circulaire m = 20, la fonction d’onde est un tore centré sur le noyau, d’ellipticité
nulle (n1 = n2) et de moment cinétique maximal (m = n − 1).
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I.1.3.b Les états cohérents de spin

C’est maintenant aux niveaux de cette échelle de spin que nous allons concentrer notre
attention. L’action des opérateurs Ĵ+

1 et Ĵ−
1 a été décrite au paragraphe précédent. Nous

nous intéressons ici à l’action des projections Ĵ1x et Ĵ1y du moment cinétique Ĵ1. Les
opérateurs Ĵ1x, Ĵ1y et Ĵ1z vérifiant les relations de commutation d’un moment cinétique,
on peut définir un opérateur rotation R̂ agissant sur les états de spin par

R̂(Θ, Φ) = exp
(
−iΘ

(
Ĵ1x sin Φ − Ĵ1y cos Φ

)
/�

)
. (I.63)

Appliquée à l’état |j1, m1 = j1〉, la rotation R̂(Θ, Φ) génèrent des états |Θ, Φ〉, superpo-
sitions cohérentes d’états |j1, m1〉 et appelés états cohérents de spin ou encore états de
Bloch [68]. L’expression d’un état cohérent de spin |Θ, Φ〉 sur la base des états {|j1, m1〉}
est donnée par [68, 69]

|Θ, Φ〉 =
j1∑

m1=−j1

(
2j1

m1 + j1

)1/2 (
cos Θ

2

)j1+m1 (
sin Θ

2

)j1−m1

e−i(j1+m1)Φ|j1, m1〉. (I.64)

La représentation des états d’un grand spin s’inspire de la notion de sphère de Bloch
utilisée pour décrire un spin 1/2. L’espace de Hilbert d’un spin 1/2 étant de dimension
2, on peut représenter l’état du système par un vecteur U , appelé vecteur de Bloch,
évoluant à la surface d’une sphère. Dans cette représentation, chaque position du vecteur
U de coordonnée (Θ, Φ) détermine un état cos Θ|+〉 + sin ΘeiΦ|−〉 du spin [85]. Le spin
dans l’état |+〉 occupera le pôle Nord de la sphère et celui dans l’état |−〉 le pôle Sud. Cette
représentation peut être généralisée à un spin Ĵ1 de dimension supérieure ou égale à 2.
Comme le spin Ĵ1 a une norme constante égale à

√
j1(j1 + 1)�, l’état du spin est représenté

sur une sphère de rayon
√

j1(j1 + 1)�. Chaque axe de cette sphère de Bloch généralisée (que
nous noterons (X, Y, Z) pour les distinguer de ceux de l’espace réel (x, y, z)) correspond à
l’une des projections du spin Ĵx, Ĵy et Ĵz. Les rotations générées par les opérateurs Ĵx, Ĵy

et Ĵz sur le spin correspondent à des rotations R(Θ, Φ) autour de X, Y , Z dans la sphère
de Bloch généralisée.

La représentation dans cet espace d’un état du spin est plus complexe que dans une
sphère de Bloch d’un système à deux niveaux, étant donné la dimension de l’espace de
Hilbert associé [86]. Un simple vecteur est insuffisant pour caractériser l’état du spin.
Les états |j1, m1〉 ont par exemple une projection bien définie de Ĵ1 sur l’axe (Z) de la
sphère. En tant qu’états propres de l’opérateur Ĵ1z, ils sont invariants sous l’action de
cet opérateur et donc par rotation autour de l’axe (Z). Par conséquent, 〈J1x〉 et 〈J1y〉
sont complètement indéterminés. Ces états vont donc être décrits qualitativement par des
cercles, intersection de la sphère et d’un plan horizontal Z = m�. Pour décrire les états
de spins de façon quantitative, on introduit une fonction de quasi-probabilité définie sur
l’ensemble de la sphère. Deux fonctions sont couramment utilisées : la fonction Q et la
fonction de Wigner.
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La première est construite par analogie avec la fonction de Husimi-Q, utilisée en op-
tique quantique. Pour un moment cinétique, la fonction Q est définie par [87]

Q(Θ, Φ) = 2j1 + 1
4π

〈j1, j1|R†(Θ, Φ)ρR(Θ, Φ)|j1, j1〉, (I.65)

où ρ est la matrice densité du moment cinétique et Θ, Φ les angles polaire et azimutal
de la sphère de Bloch généralisée. La fonction Q(Θ, Φ) s’interprète comme la projection
sur l’état de spin maximal de l’état tourné des angles Θ, Φ. On peut aussi généraliser la
fonction de Wigner aux moments cinétiques qui se définit par [86]

W (Θ, Φ) =
2j1∑
p=0

p∑
q=−p

ρpqY
q

p (Θ, Φ), (I.66)

où Y q
p sont les harmoniques sphériques et les éléments ρpq s’expriment comme

ρpq = Tr
[
ρ̂T̂ †

pq

]
. (I.67)

Les opérateurs T̂pq sont les opérateurs multipôles définis par [88]

T̂pq =
j1∑

m1=−j1

j1∑
m′

1=−j1

(−1)j1−m1
√

2p + 1
(

j1 p j1
−m1 q m′

1

)
|j1, m1〉〈j1, m′

1|, (I.68)

avec
(

j1 p j1
−m1 q m′

1

)
le symbole de Wigner 3j.

Si la fonction de Wigner est utile pour caractériser la nature quantique d’un état, la
fonction Q, elle, donne une image assez fidèle de la probabilité d’occupation de la valeur
moyenne du spin. Pour donner quelques exemples des états que nous avons introduits,
nous avons tracé sur la figure I.10 la fonction Q de trois états différents : l’état |j1, j1〉,
un état |j1, m1〉 et un état cohérent |Θ, Φ〉. Par construction même de la sphère de Bloch

(a) (b) (c)

Figure I.10 – Représentation de la fonction Q de trois états différents d’un spin j1 = 25.
(a) Etat |j1, j1〉. (b) Etat |j1, m1 = 21〉. L’état |j1, m1 = 21〉 est réparti sur une surface
d’autant plus grande que m est proche de 0. (c) Etat cohérent de spin tourné de Θ =
0, 6 rad. L’état cohérent de spin est obtenu par rotation R(Θ, Φ) de l’état |j1, j1〉.
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généralisée, le spin dans l’état |j1, j1〉 occupe le pôle Nord de la sphère et le spin dans
l’état |j1, m1〉 est caractérisée par une latitude donnée. L’état cohérent est quant à lui
une rotation de l’état |j1, j1〉 centrée sur le point de coordonnée (Θ, Φ). En tournant sur
la sphère de Bloch généralisée, l’état cohérent peuple des superpositions d’états |j1, m1〉
(fig.I.11). A mesure qu’il se rapproche de l’équateur, l’état cohérent de spin se répartit sur
un nombre grandissant de niveaux. La tendance s’inverse ensuite et après une rotation
d’angle π, le spin atteint le pôle Sud de la sphère.
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…
 

Figure I.11 – Projection d’un état cohérent de spin sur les états de spin |j1, m1〉. Les
niveaux |j1, m1〉 ont des projections sur l’axe vertical (Z) équidistantes. L’état cohérent de
spin se projette donc sur d’autant plus de niveau qu’il se trouve au voisinage de l’équateur.

A partir de l’expression des états cohérents (I.64) dans la base des états {|j1, m1〉},
nous avons reconstruit sur la figure I.12 la fonction d’onde de quelques états cohérents
engendrés par une rotation d’angle Θ de l’opérateur Ĵ1x. On observe que l’action de Ĵ1x

dans l’espace réel est double : le plan de l’orbite tourne en même temps que son excentricité
augmente. Partant d’une orbitale circulaire dans le plan (x, y), l’action de Ĵ1x conduit à
une orbitale très elliptique dans le plan (x, z). On reconnaît ici les actions simultanées
de âx et de L̂x décrites au paragraphe I.1.1.c. Puisque L̂x et âx commutent, la rotation
générée par Ĵ1x, qui s’écrit

Ĵ1x = 1
2

(
L̂x − âx

)
, (I.69)

peut se décomposer en une rotation induite par L̂x et une autre induite par âx.

Au même titre que les états |j1, ±j1〉, les états cohérents vérifient la relation d’incer-
titude de Heisenberg [86]

〈ΔĴ2
1x〉〈ΔĴ2

1y〉 = �
2

4 |〈Ĵ1z〉|2. (I.70)

A ce titre, ce sont des états semi-classiques, ce qui justifie leur dénomination d’états
cohérents. La trajectoire la plus probable vérifie les équations d’une orbite classique de
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Figure I.12 – Fonction d’onde des états cohérents de spin, engendré par l’action de
Ĵ1x. (a) Etat |Θ = 0, Φ = 0〉 = |j1, j1〉. (b) Etat |π/3, 0〉. (c) Etat |2π/3, 0〉. (d) Etat
|π〉 = |j1, −j1〉. Sur la première ligne est schématisée la fonction Q de l’état cohérent. La
deuxième et la troisième ligne représentent les fonctions d’onde respectivement en trois
ou deux dimensions. Les seuils sont identiques à ceux de la figure I.9.

Kepler. On parle de ce fait d’états elliptiques [69, 89, 90]. Les fonctions d’ondes présentées
sur la figure I.12 mettent en évidence l’aspect elliptique des fonctions d’onde. En fait, ces
orbites correspondent à celles décrites par le modèle semi-classique de Sommerfeld qui
prédit déjà leurs propriétés caractéristiques (dimension de l’orbite, polarisabilité, etc.).

I.1.3.c Analogie avec l’oscillateur harmonique

A travers les notions présentées ici se dégage une analogie entre le spin atomique et
l’oscillateur harmonique qui décrit les modes du champ électromagnétique [68]. L’oscil-
lateur harmonique est décrit par les opérateurs conjugués (q̂, p̂) vérifiant la relation de
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commutation

[q̂, p̂] = i� (I.71)

alors que le moment cinétique est décrit par les trois opérateurs Ĵ1x, Ĵ1y et Ĵ1z. A la sphère
de Bloch généralisée se substitue le plan de phase pour représenter (q̂, p̂). Sur la base de
ces jeux d’opérateurs sont construits les opérateurs de création et d’annihilation â et â†

pour l’oscillateur harmonique qui ajoutent ou retirent un photon dans le mode du champ
et les opérateurs Ĵ+

1 et Ĵ−
1 pour le spin qui ajoutent ou retirent un quantum de moment

cinétique, passant d’un état |j1, m1〉 à un état |j1, m1 ± 1〉. Appliqué à l’état vide |N = 0〉,
l’opérateur â† génère les états de Fock |N〉 par la relation

|N〉 =
√

N !
(
â†)N |0〉 (I.72)

d’une façon analogue à la génération des états |j1, m1〉 par Ĵ+
1 à partir de l’état |j1, j1〉

|j1, m1〉 = 1
(j1 − m1)!

(
2j1

j1 − m1

)−1/2

Ĵ+
1

j1−m1|j1, j1〉. (I.73)

Les états de Fock et les états |j1, m1〉, appelés états de Dicke, sont des états non-classiques
qui portent un nombre de quanta d’excitation bien précis. Leur représentation en terme de
fonction de Wigner présente aussi de grandes similitudes (fig.I.13). Enfin, à l’opérateur de
rotation R̂(Θ, Φ) dans la sphère de Bloch généralisée correspond un opérateur déplacement
D̂(α) dans le plan de phase définit par

D̂(α) = eαâ†−α∗â (I.74)

et qui effectue une translation d’une quantité α du champ électromagnétique dans l’espace
des phases. L’action de D̂ est similaire à l’action de R̂. Appliqué au vide, D̂ génère les

(a) (b)

Figure I.13 – Analogie entre la fonction de Wigner d’un oscillateur harmonique et d’un
spin. (a) Fonction de Wigner d’un état de Fock |n = 4〉 dans le plan de phase (b) Fonction
de Wigner d’un état de Dicke |j1 = 51, m1 = 46〉 sur la sphère de Bloch généralisée.
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champs cohérents |α〉

|α〉 = D̂(α)|0〉 (I.75)

décrits pour la première fois par Glauber [19, 91], de la même façon que R̂ génère les états
de Bloch |Θ, Φ〉, nommés états cohérents de spin par analogie. Les états cohérents sont
aussi une description quantique des champs électromagnétiques classiques.

L’analogie entre l’oscillateur harmonique et le moment cinétique n’est pas fortuite.
Mathématiquement, la connection est faite par un processus appelé contraction de
groupe [68, 92, 93]. Géométriquement, elle consiste à faire tendre le rayon de la sphère
de Bloch vers l’infini. Le plan azimutal contenant le pôle Nord de la sphère s’identifie
progressivement à la sphère elle-même pour devenir le plan de phase de l’oscillateur har-
monique. Les états de Dicke tendent alors vers les états de Fock, les rotations sur la sphère
de Bloch vers des translations dans ce plan, et les états cohérents de spins vers des champs
cohérents. Cette analogie illustre le lien entre le travail présenté dans ce manuscrit et les
thématiques d’électrodynamique en cavité dans lesquelles ces expériences s’inscrivent.

I.2 L’atome de rubidium

L’étude de l’atome d’hydrogène donne accès à des solutions analytiques pour les fonc-
tions d’onde, qui nous permettent de calculer les énergies propre en présence d’un champ
statique ou l’effet d’un couplage à un champ électromagnétique. Le Hamiltonien du rubi-
dium, lui, n’est pas soluble analytiquement. Toutefois, dans la limite des états de Rydberg,
l’unique électron de valence est suffisamment éloigné du noyau pour que le rubidium ait
un comportement hydrogénoïde, si bien qu’il est possible de décrire les états de Rydberg
du rubidium par un modèle phénoménologique déduit de celui de l’atome d’hydrogène.
Ce modèle, basé sur l’introduction d’un défaut quantique, permet de décrire le spectre du
rubidium en champ nul et sert ensuite de base pour le calcul numérique des énergies en
présence de champ statique ou radiofréquence.

I.2.1 Atome de rubidium en champ nul

I.2.1.a Pénétrabilité et polarisabilité du cœur d’un état de Rydberg

L’électron de valence du rubidium interagit avec toutes les charges du cœur atomique,
soit 37 charges positives +q dans le noyau et 36 charges négatives −q dans le nuage élec-
tronique. Dans les états de Rydberg n ∼ 50, l’électron de valence est majoritairement
situé à une distance r très grande devant la dimension du cœur atomique. Celui-ci voit
la charge moyenne du noyau et des électrons des couches inférieures : c’est le phénomène
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d’écrantage. Le spectre du rubidium est alors semblable à celui de l’hydrogène aux modifi-
cations qu’induit la masse réduite près. Il convient cependant de modérer ces affirmations
par deux considérations : la pénétration des états de faible moment cinétique dans le cœur
atomique et la polarisabilité du cœur atomique.

D’une part, l’approximation d’un cœur ponctuel n’est pas valable pour les niveaux de
faible moment cinétique l. En effet, le potentiel centrifuge en l(l + 1)/r2 est faible dans
ce cas-là et la probabilité de présence de l’électron de valence au voisinage du noyau est
importante. Pour ces orbites, le nuage électronique n’écrante plus autant les Z charges du
noyau. Lorsqu’il est proche de ce dernier, l’électron de valence ressent donc un potentiel qui
tend vers −Ze2/r, plus profond que celui de l’hydrogène. Par conséquent, l’état est plus
lié et l’énergie est légèrement plus faible. Autre conséquence, la conservation du vecteur
de Runge-Lenz, propriété des potentiels en 1/r, n’est plus vérifiée. Le rôle du moment
cinétique L̂ dans la pénétrabilité des états fait que la base sphérique est naturellement
plus adaptée au traitement de ces corrections que la base parabolique [84].

D’autre part, le cœur atomique, composé d’un nuage électronique en interaction avec
le noyau, est susceptible de se polariser sous l’interaction électrostatique de l’électron de
valence [79]. Cet effet modifie le potentiel ressenti par l’électron et entraîne une modifi-
cation de l’énergie et des vecteurs propres. Il est lui aussi d’autant plus faible que l est
grand.

Partant du modèle de l’hydrogène, il est donc nécessaire d’apporter une correction
à la formule de Bohr pour tenir compte de ces effets. La base sphérique est privilégiée,
la correction à apporter pour l’atome de rubidium est donc à priori fonction de n, l et
m. Puisque ni la pénétrabilité ni la polarisabilité ne brisent la symétrie sphérique du
problème, l’énergie corrigée reste indépendante de m. Le rubidium étant plus sensible aux
effets relativistes que l’hydrogène, la correction inclut la structure fine et dépend donc
aussi du nombre quantique relativiste j associé à Ĵ = L̂ + Ŝ avec Ŝ le spin de l’électron.

I.2.1.b Modèle du défaut quantique

La modification de l’énergie est apportée sous la forme d’une correction du nombre
quantique principal n par une quantité δnlj appelée défaut quantique, sous la forme

En,lj = − E1

(n − δnlj )2 . (I.76)

Le défaut quantique modélise la différence entre les potentiels des atomes de rubidium et
de d’hydrogène et n’est donc que peu sensible au nombre quantique principal n pour les
états de Rydberg [79]. Ceci permet de faire un développement limité du défaut quantique
en n [94, 95]

δnlj = δlj0 +
δlj2

(n − δlj0)2 +
δlj4

(n − δlj0)4 + . . . (I.77)
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Pour n ∼ 50 dans le rubidium, les deux premiers termes sont suffisants pour estimer le
défaut quantique dans une bonne approximation. Le tableau indique les défauts quan-
tiques du rubidium 85, valables pour n ≥ 20. Le défaut quantique décroît bien au fur et à

Moment angulaire Défaut quantique δnlj

l=0 εn,lj = 3.131145 + 0.195/(n − 3.131145)2

l=1, j=1/2 εn,lj = 2.65486 + 0.280/(n − 2.65486)2

l=1, j=3/2 εn,lj = 2.64165 + 0.318/(n − 2.64165)2

l=2, j=3/2 εn,lj = 1.34807 − 0.603/(n − 1.34807)2

l=2, j=5/2 εn,lj = 1.34642 − 0.545/(n − 1.34642)2

l=3, j=5/2 εn,lj = 0.0165192 − 0.085/(n − 0.0165192)2

l=3, j=7/2 εn,lj = 0.0165437 − 0.086/(n − 0.0165437)2

l=4 εn,lj = 0.004
l=5 εn,lj = 0.001
l=6 εn,lj = 0.0006
l=7 εn,lj = 0.0003

Table I.1 – Défaut quantique au second ordre du rubidium 85. Les valeurs entre l = 0
et l = 3 sont des valeurs expérimentales. Elles sont extraites entre l = 0 et l = 2 de
Meschede [96], pour l = 3 de Han et al. [94] et pour l = 4, 5, 6, 7 de Nussenzveig [97].

mesure que l augmente. Au-delà de l = 3, la structure fine est négligée. Ces valeurs nous
permettent de tracer le spectre du rubidium en champ nul (fig. I.14). Les effets du défaut
quantique sont considérables pour les niveaux s, p et d dans les gammes d’énergies consi-
dérées et dépassent l’écart entre les multiplicités lui-même. A partir des niveaux f , l’effet
est moindre. Le niveau 51f n’est par exemple qu’à 818 MHz de la multiplicité n = 51.
Cet écart devient rapidement faible devant l’ouverture de la multiplicité en présence d’un
champ électrique.

I.2.2 Atomes de rubidium en champ électrostatique

I.2.2.a Calcul numérique des énergies propres du rubidium

Du fait du défaut quantique, le Hamiltonien atomique Ĥ0 n’est diagonal que dans la
base sphérique. La théorie des perturbations utilisée pour calculer l’effet Stark ne doit donc
plus se faire dans la base parabolique. Comme δnlj dépend aussi de j, le calcul s’effectue
dans la base {|n, l, j, mj〉}. La première étape consiste à calculer les éléments de matrice
de l’opérateur dipolaire 〈n, l, j, mj|d̂|n′, l′, j′, m′

j〉 à partir des expressions complètes des
fonctions d’onde en champ nul. Le potentiel restant radial, la symétrie sphérique est
conservée. Le Hamiltonien commute toujours avec L̂ et on peut donc séparer la fonction
d’onde de l’état |n, l, j, mj〉 en une partie radiale et une partie angulaire (I.10)

ψ(r) = R′(r)Y ′(θ, ϕ). (I.78)
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Figure I.14 – Spectre du rubidium 85 en champ nul autour de la multiplicité n = 51.
Les défauts quantiques sont représentés jusqu’à l = 3 car la différence d’énergie n’est plus
visible au-delà. La référence d’énergie est la multiplicité n = 51. Dès l = 2, le défaut
quantique induit des variations d’énergie supérieures à l’écart entre deux multiplicités.

Les éléments de matrice s’expriment alors sous la forme

〈n, l, j, mj|d̂|n′, l′, j′, m′
j〉 = −q〈l, j, mj| r̂

r
|l′, j′, m′

j〉
∫

R′(r)rR′∗(r)r2dr. (I.79)

La partie angulaire Y ′(θ, ϕ) est identique à celle des états sphériques de l’atome d’hy-
drogène Y m

l (θ, ϕ) et se calcule à partir des coefficients de Clebsch-Gordan. Au contraire,
la partie radiale R′(r) est modifiée du fait du changement de potentiel et doit donc être
recalculé. On distingue dans la partie radiale deux contributions : celle pour r < r0 et
celle pour r > r0, où r0 est le rayon typique sur lequel le potentiel diffère du potentiel
coulombien. Avec une très grande probabilité, l’électron se situe au-delà de r0. La contri-
bution r < r0 est donc mineure dans le calcul des éléments de matrice de l’opérateur
dipolaire et peut être négligée. Il n’est donc nécessaire que de connaître la fonction d’onde
au-delà de r0, dans la zone où le potentiel est coulombien et où des solutions analytiques
existent. L’expression de la fonction d’onde radiale est alors calculée numériquement par
la méthode de Numerov en cherchant une solution convergente dont l’énergie soit celle
fixée par le défaut quantique [79, 84].

Ces éléments de matrice permettent d’écrire le Hamiltonien total de l’atome plongé
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dans un champ Fst = Fstuz

〈n, l, j, mj|Ĥ|n′, l′, j′, mj〉 = 〈n, l, j, mj|Ĥ0|n′, l′, j′, mj〉 + Fst〈n, l, j, mj|d̂|n′, l′, j′, mj〉.
(I.80)

La diagonalisation de ce Hamiltonien, qui doit être faite pour chaque champ électrique,
conduit à l’expression des vecteurs propres et des valeurs propres.

I.2.2.b Spectre du rubidium en champ électrostatique

Comme nous l’avons décrit, l’effet Stark est une conséquence du couplage des niveaux
de même m, dégénérés au sein d’une multiplicité pour l’effet linéaire et non-dégénérés pour
l’effet quadratique. Puisque le défaut quantique éloigne de la multiplicité certains niveaux
de faibles moments cinétiques, il change le nombre total de niveaux qui se repoussent.
Ainsi, le défaut quantique a des conséquences au-delà des niveaux de faibles moments
cinétiques l pour lesquels il est négligeable. L’effet Stark est calculé numériquement par
diagonalisation du Hamiltonien (I.80) et présenté sur la figure I.15. La présence d’un
champ électrique crée une compétition entre le défaut quantique, privilégiant la base
sphérique, et l’effet Stark qui favorise la base parabolique : à faible champ, les états
propres sont sphériques ; à fort champ, l’effet Stark domine et les états propres sont ceux
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Figure I.15 – Spectre Stark du rudibium pour n = 51 et m = 2. La forme générale du
spectre est très similaire à celui de l’hydrogène (cf fig.I.7). On distingue cependant très
bien en champ électrique faible les niveaux |51f, m = 2〉 et |51g, m = 2〉 qui ne sont pas
dégénérés avec les niveaux de la multiplicité.
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de la base parabolique - à la contamination introduite par l’effet Stark quadratique près.
Savoir jusqu’où prendre en compte le défaut quantique revient à savoir à quelle échelle
d’énergie l’on travaille. Les expériences sont faites avec des champs électriques qui varient
entre 0, 2 V/cm et 4 V/cm. Les simulations montrent qu’il est important de prendre en
compte le défaut quantique jusqu’à l = 4 pour obtenir un bon accord avec les mesures
pour des champs de l’ordre de 0, 2 V/cm.

On distingue dans le spectre du rubidium à faible champ trois catégories de niveaux :
i. Tout les niveaux pour lesquels m ≥ 4, qui correspondent donc à des l ≥ 4, ont

un comportement purement hydrogénoïde. Ils sont tous dégénérés en champ nul et
constituent la multiplicité. En présence d’un champ électrostatique, ils subissent
un effet Stark linéaire et quadratique tels que nous les avons décrits pour l’atome
d’hydrogène.

ii. Les niveaux pour lesquels l ≤ 4 et donc aussi m ≤ 4 ne sont pas dégénérés avec la
multiplicité en champ électrique nul. Ils possèdent chacun une énergie différente, si
bien que chacun de leur niveau m n’est dégénéré avec aucun autre niveau de même
m. Ces états ne possèdent donc pas d’effet Stark linéaire. En fait, cela est prévisible
puisque ce sont, en très bonne approximation, des états sphériques. Ils présentent
donc un dipôle moyen nul et ne sont pas sensibles à l’effet Stark au premier ordre.
Par contre, ces niveaux interagissent avec les niveaux de même m d’énergie différente
qui produisent un effet Stark quadratique, non hydrogénoïde.

iii. Les niveaux m ≤ 4 mais l ≥ 4 appartiennent aussi à la multiplicité. Cependant,
puisque des états de même m manquent dans la multiplicité (ii), le nombre d’états de
m donné dans la multiplicité n’est pas égal à n− l comme pour l’atome d’hydrogène.
L’absence de ces niveaux modifie l’effet Stark linéaire, si bien que ces niveaux ne
s’écartent pas les uns des autres comme que pour les niveaux m ≥ 4. Il en résulte
une irrégularité dans la répartition énergétique des niveaux de faibles m dans le
spectre du rubidium.

L’ouverture de la multiplicité est dominée par l’effet Stark linéaire, alors que les niveaux
avec un défaut quantique n’ont qu’un effet Stark quadratique. En augmentant le champ
électrique, les niveaux de la multiplicité se rapprochent donc des autres niveaux, d’abord
du |n, g〉 puis du |n, f〉. Les niveaux |n, s〉,|n, p〉 et |n, d〉 sont quant à eux trop éloignés
de la multiplicité n pour la rejoindre. Deux cas se distingue alors :

i. Cas des états m ≥ 3 : Progressivement, les états |n, g, m〉 ou |n, f, m〉 rejoignent
la multiplicité (cf fig.I.15). Peu à peu, le défaut quantique devient de plus en plus
négligeable devant l’effet Stark et ces niveaux se comportent comme des états para-
boliques. Après leur réintégration, tous les états de m donné sont à nouveau présents
dans la multiplicité. Le spectre de ces niveaux reprend alors sa forme hydrogénoïde.

ii. Cas des états m ≤ 2 : Par contre, il manque toujours dans la multiplicité trois
niveaux m = 0, deux niveaux m = 1 et un niveau m = 2 dû à l’absence des l ≤ 2.
Le spectre reste donc toujours irrégulier quelque soit le champ électrique (fig.I.16).

En conséquence, la dégénérescence des transitions σ+ et σ− est levée pour ces ni-
veaux de faible m. On remarque cependant que, si les transitions |n, n1 = 3, m = 0〉 →
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|n, n1 = 2, m = 1〉 et |n, n1 = 2, m = 1〉 → |n, n1 = 1, m = 2〉 sont très différentes de la
transition hydrogénoïde, celle entre les niveaux |n, n1 = 1, m = 2〉 → |n, n1 = 0, m = 3〉
est sensiblement dégénérée avec celle-ci.
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Figure I.16 – Schéma du spectre du rudibium en champ électrique statique élevé, lorsque
les niveaux |51, g〉 et |51, f〉 ont déjà rejoint la multiplicité. Au-delà de m = 3 (niveaux
en noir), les niveaux ont un comportement hydrogénoïde et les transitions Δm = ±1
sont toutes dégénérées. Pour les m ≤ 2 (en bleu), l’absence de certains niveaux due
au défaut quantique modifie l’allure du spectre. Malgré l’absence d’un niveau, les ni-
veaux d’énergie m = 2 en bord de multiplicité sont à peu près réguliers. La transition
|51, n1 = 1, m = 2〉 → |51, n1, m = 2〉 est ainsi sensiblement dégénérée avec les transitions
vers les niveaux suivants |51, n1 = 0, m ≥ 3〉.

I.2.2.c Schéma d’excitation des états de Rydberg circulaires

L’excitation des états de Rydberg circulaires depuis le niveau fondamental du rubidium
demande de fournir d’une part, une quantité d’énergie importante pour atteindre des
nombres quantiques principaux élevés et d’autre part, le moment cinétique nécessaire pour
atteindre l’état circulaire. Les photons optiques portent une quantité d’énergie importante
qui permet d’exciter les états de Rydberg. Mais les règles de sélection limitent le transfert
de moment cinétique à un quantum (soit �) par photon absorbé, et interdisent donc
l’excitation des états circulaires par quelques photons optiques. Pour toutes les techniques
de préparation d’états circulaires, le processus se fait ainsi en deux étapes : absorption
de photons optiques pour préparer un état de Rydberg de faible moment cinétique, puis
transfert de moment cinétique de cet état intermédiaire vers l’état circulaire.

Pour la première étape, il est préférable de rester en champ électrique faible car les
éléments de matrice des transitions optiques sont plus grands. En effet, les règles de
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sélection portent sur les nombres quantiques sphériques l et m ; dans la base parabolique,
ces règles se traduisent par des probabilités d’excitation plus ou moins grandes selon la
contamination du niveau parabolique par les niveaux sphériques de l et m autorisés. Cette
contamination est donnée par les coefficients de Clebsch-Gordon (I.41) et la force de la
transition s’en trouve nécessairement réduite. Pour cette étape, le défaut quantique joue
un rôle déterminant puisqu’il permet l’excitation optique d’un état de Rydberg bien précis
en faible champ électrique. Dans notre cas par exemple, le niveau 51f n’est pas dégénéré
avec le reste de la multiplicité en champ nul. En présence d’un faible champ, on peut
lever la dégénérescence entre les différents |m| du 51f et induire une transition optique
sélective vers l’un d’eux, à savoir le |51f, m = 2〉 (fig.I.17). La polarisation des faisceaux
lasers permet en outre de n’exciter que le m = 2 et non le m = −2.

Le choix du niveau |51f, m = 2〉 est justifié par le fait qu’en champ électrique plus fort
(on le note alors |51, n1 = 1, m = 2〉), celui-ci rejoint la multiplicité et se comporte comme
un niveau hydrogénoïde. Toutes les transitions du niveau |51, n1 = 1, m = 2〉 jusqu’au
niveau circulaire |51, n1 = 0, m = 50〉 peuvent être induites par le même champ radiofré-
quence. Cette seconde étape s’appelle la circularisation. Elle est réalisée à un champ de
2, 35 V/cm lorsque la fréquence hydrogénoïde vaut 230 MHz. Entre la phase d’excitation
optique et la phase de circularisation, le champ électrostatique doit être augmenté : c’est
le glissement Stark. L’ensemble du processus est décrit sur la figure I.17.
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Figure I.17 – Schéma d’excitation de l’état circulaire depuis l’état fondamental du ru-
bidium. La première étape consiste en l’absorption de trois photons optiques (détails
en II.1.3). Après le branchement Stark, des photons radiofréquences transfèrent le mo-
ment cinétique nécessaire pour atteindre l’état circulaire (cf III).

Si l’excitation optique ne présente pas de particularité, l’étape de circularisation est
plus complexe. La méthode utilisée pour les expériences d’électrodynamique quantique en
cavité [58] s’appuie sur l’idée d’un unique passage adiabatique rapide entre l’état initial
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de faible m et l’état circulaire [54]. Cette méthode s’applique parfaitement aux grands
nombres quantiques principaux n utilisés. De plus, elle permet de préparer un état cir-
culaire en champ électrique, contrairement à la méthode des champs croisés qui conduit
à un atome circulaire préparé en champ magnétique. Elle requiert cependant la capa-
cité de n’induire que des transitions σ+, auquel cas tous les niveaux de la multiplicité se
peupleraient. Cette condition est à l’origine du travail effectué ici. Jusqu’à présent, un
champ magnétique constant de 18 G levait la dégénérescence entre les transitions σ+ et
σ− pendant le passage adiabatique [58]. Nous présenterons ici une technique sans champ
magnétique basée sur un champ radiofréquence polarisé σ+.

Conclusion

L’étude de l’atome d’hydrogène en champ nul nous a permis d’introduire les bases
sphérique et parabolique. En champ électrique non nul, la base parabolique est privilégiée
et nous avons montré que, dans la limite harmonique où l’effet Stark quadratique est
négligé, les états atomiques se comportent comme les états propres de deux spins Ĵ1 et
Ĵ2. Lorsque cet atome est couplé à des champs radiofréquences polarisés, nous avons mis
en évidence que le spin Ĵ1 se couple à la composante σ+ du champ et que le spin Ĵ2 se
couple à la composante σ−. Cette constatation ouvre des perspectives intéressantes pour
manipuler de façon contrôlée l’état atomique au sein d’une multiplicité Stark.

Dans un deuxième temps, nous nous sommes intéressés à l’atome de rubidium et aux
modifications dans le spectre qu’impose sa structure plus complexe. Nous avons vu que
le modèle de l’hydrogène reste valable pour les états de grand moment cinétique. Pour
les niveaux de faible moment cinétique, des corrections aux modèles de l’hydrogène sont
apportées à travers le défaut quantique. Nous avons alors analysé le spectre de l’atome
de rubidium en champ électrique non nul pour trouver un moyen de manipuler l’état
atomique en tenant compte du défaut quantique.



Chapitre II

Outils expérimentaux pour la
manipulation des états de Rydberg

La manipulation d’états de Rydberg au sein d’une multiplicité Stark par un champ
radiofréquence polarisé σ+ nécessite de mettre en place un nouveau dispositif qui permette
de coupler des atomes de rubidium avec un tel champ électromagnétique. Ce dispositif,
qui a été construit et installé dans un nouveau cryostat, fera l’objet d’une première partie.

Dans un second temps, nous présenterons les outils expérimentaux que nous avons mis
en place pour réaliser les expériences de manipulations cohérentes de l’états d’un atome
de Rydberg. Ils concernent aussi bien l’excitation optique des atomes sur les niveaux de
Rydberg, la génération d’un champ radiofréquence de polarisation très pure que tous les
autres éléments nécessaires au contrôle des conditions expérimentales.

II.1 Construction du dispositif expérimental

Le cryostat dans lequel ces expériences de manipulations d’états de Rydberg ont été
implantées a été conçu dans le double objectif de réaliser ces expériences et de tester
de nouvelles cavités supraconductrices. Dans ce chapitre, nous décrirons tout d’abord la
mise en place de l’environnement cryogénique. Dans un deuxième temps, nous décrirons
les éléments mécaniques de l’expérience. Enfin, nous présenterons le montage optique d’ex-
citation des états de Rydberg, le contrôle de la micro-onde dans la cavité et la préparation
de la radiofréquence polarisée.

45
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II.1.1 L’environnement cryogénique

II.1.1.a Description du cryostat

L’expérience atomique en elle-même se situe au cœur du cryostat. Celui-ci est constitué
principalement de pièces de cuivre massives que l’on souhaite conserver à froid. Toute la
partie supérieure n’est en fait qu’un grand réservoir d’azote et d’hélium liquides (fig.II.1a).
A eux deux, ils fournissent une réserve d’énergie frigorifique qui permet de maintenir le
cryostat froid. Toute la conception vise à réduire les échanges thermiques entre le cœur
du dispositif et l’extérieur afin d’optimiser son autonomie, tout en permettant le contrôle
de l’expérience.

L’isolation thermique du cœur se fait en plusieurs étapes. A l’intérieur de l’enceinte
extérieure (300 K), un réservoir d’azote liquide permet de créer un premier écran à 77 K.
Celui-ci va protéger le réservoir d’hélium liquide refroidi à 4 K. Pour descendre jusqu’à
1 K, il faut « pomper » sur l’hélium. L’étape ultime est donc le cryogénérateur à 4He,
que nous appelons boîte 1K (fig.II.1b). Il s’agit d’une boîte en cuivre alimentée en hélium
liquide par un capillaire et pompée en permanence. Elle est isolée thermiquement du
réservoir d’hélium proprement dit par un tube d’acier inoxydable mince. Néanmoins,
comme l’hélium est superfluide en dessous de 2, 16 K, sa viscosité nulle lui permet de
remonter le long des parois. Un film d’hélium superfluide risquerait alors de créer un
contact thermique entre la boîte 1K et le réservoir à 4K, qui aurait pour effet de réchauffer
rapidement la boîte 1K. Pour empêcher l’ascension de l’hélium, une pièce circulaire à arête
tranchante appelée coupe-film est disposée à mi-chemin entre le réservoir et la boîte 1K
(cf fig.II.1b). A son passage, le film s’amincit en raison de l’arête. Pour maintenir le flux,
la vitesse du superfluide augmente et passe au-dessus de la vitesse critique. L’hélium perd
alors son caractère superfluide et ne peut plus monter.

Le réservoir d’azote, celui d’hélium, le coupe-film et la boîte 1K constituent dans le
cryostat des points d’ancrages thermiques. En chacun de ces points, de la puissance frigo-
rifique est disponible. Tous les éléments qui descendent dans le cryostat sont thermalisés
sur ces points d’ancrages afin de répartir au maximum la chaleur sur les différentes sources
de puissance frigorifique. Par ailleurs, des écrans thermiques sont disposés pour limiter le
rayonnement thermique. Chacun de ces écrans est en contact avec un point d’ancrage.

II.1.1.b Autonomie du cryostat

En fonctionnement stationnaire, chaque litre d’azote et d’hélium liquide qu’on y stocke
offre une certaine énergie frigorifique. Plus les pertes sont faibles, plus longtemps cette
énergie les compensera. L’azote est un fluide cryogénique couramment utilisé, en raison
de son extrême abondance bien sûr, mais surtout pour sa grande chaleur latente de va-
porisation (Lvap = 160 kJ/�). La charge thermique est donc au maximum reportée sur
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Figure II.1 – Structure du cryostat. (a) Schéma général. Les couleurs indiquent la tem-
pérature du palier. (b) Agrandissement sur le capillaire qui alimente en hélium liquide
la boîte 1K en prélevant l’hélium dans le réservoir. La boite 1K est ensuite pompée par
le tube central. Au milieu de ce tube, une pièce à arêtes tranchantes, le coupe-film, em-
pêche l’hélium superfluide de remonter. (c) Photo du dispositif : en haut, la boîte 1K (en
marron, au centre). En bas, le cœur du dispositif. Les pièces mécaniques sont recouvertes
d’or pour garantir une bonne conduction thermique.

le réservoir d’azote. Pour notre cryostat, le volume du réservoir est de 34 �. Sans consi-
dérer l’apport énergétique lié à l’enthalpie du gaz, ce réservoir offre une énergie frigori-
fique conséquente de 2, 6 MJ. Consommées approximativement en 100 heures, les réserves
d’azote compensent des pertes de l’ordre de 10 W.

L’hélium-4 ne possède pas une aussi grande chaleur latente puisqu’elle ne vaut que
Lvap(He) = 2, 6 kJ/�. L’avantage de ce fluide cryogénique réside simplement dans l’ex-
trêmement basse température d’ébullition sous pression atmosphérique de 4, 22 K. En
dehors de l’hélium-3, isotope encore plus rare que l’hélium-4, aucun liquide ne possède
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de température d’ébullition aussi basse. Seule la chaleur latente de l’hélium est utilisée
pour maintenir la température du cryostat à 4 K. L’hélium évaporé continuellement est
récupéré à un taux moyen de 0, 090 �/s, ce qui correspond à une puissance de vaporisation
de 305 mW. Cela nous donne avec une bonne précision les pertes au niveau du cœur du
dispositif. Avec une capacité de 26 �, le réservoir d’hélium a une autonomie d’environ 54
heures, soit une consommation d’environ 11 �/jour. Lorsque le pompage est activé pour
abaisser la température à 1 K, un gradient thermique se crée entre la partie 1K et le
réservoir d’hélium. Les pertes thermiques subies par la partie 1K se reportent toutes sur
le réservoir d’hélium. Dans la mesure où le gaz pompé ressort relativement chaud, les
pertes de l’ensemble 4K et 1K ne sont pas différentes de celles du réservoir seul et la
consommation reste donc identique.

L’autonomie du cryostat sera d’autant meilleure que les pertes dues aux transferts
thermiques entre les constituants du cryostat sont réduites. La première cause identifiable
de pertes thermiques est la diffusion de chaleur dans les matériaux. La solidité du cryostat
nécessite des contacts entre les différents réservoirs. Ainsi le réservoir d’hélium est fixé à
l’enceinte extérieure au niveau du sommet du cryostat (fig.II.2). Le réservoir d’azote est
quant à lui soutenu par le réservoir d’hélium à mi-hauteur de celui-ci. Pour minimiser ces
pertes, les réservoirs sont en acier inoxydable dont la conductivité thermique est faible.

Les différents écrans thermiques sont isolés par du vide pour limiter les échanges
thermiques entre eux. Au sein du réservoir d’hélium cependant, le gaz fait contact entre
l’hélium liquide et l’enceinte extérieure. Les pertes restent faibles dans la mesure où le gaz
est stratifié par couche de température sans mouvement convectif. De plus, l’ébullition
constante du liquide alimente en permanence le réservoir en gaz froid. L’enthalpie de ces
gaz est une source importante d’énergie frigorifique qui refroidit le réservoir d’hélium.
Cette enthalpie est utilisée pour thermaliser les fils qui descendent dans le cryostat à
travers le bain d’hélium. Des écrans thermiques en cuivre sont disposés dans le réservoir
pour exploiter cette enthalpie (cf fig.II.2).

La source principale de pertes thermiques reste, malgré la structure stratifiée du cryo-
stat, le rayonnement thermique. Les puissances mises en jeu peuvent être estimées avec
la loi de Stefan-Boltzmann, qui s’applique à un corps noir, en tenant compte de l’émissi-
vité du corps émetteur considéré. La puissance totale rayonnée Pray par un corps gris de
surface S, d’émissivité ε et de température T s’écrit comme

Pray = εσST 4, (II.1)

où σ est la constante de Stefan-Boltzmann. Cette puissance augmente rapidement avec la
température. A 300 K, l’enceinte extérieure, en acier (ε = 0, 2) de 2, 4 m2, rayonne 220 W.
Si cette puissance arrivait directement sur l’hélium liquide, 1 � serait vaporisé toutes les
12 s, ce qui représente une puissance considérable pour un cryostat. On comprend donc
bien la nécessité de mettre en place des paliers de température entre l’extérieur et le cœur
de l’expérience, de sorte que la puissance rayonnée se dissipe progressivement. L’écran
d’azote reçoit le rayonnement à 300 K et dissipe la chaleur en vaporisant de l’azote du
réservoir. L’écran hélium fait de même avec le rayonnement à 77 K de l’écran azote. De
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Figure II.2 – Plan du cryostat. L’expérience atomique prend place tout en bas. La
majeure partie du cryostat est constituée des réservoirs d’azote et d’hélium.
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cette façon le montage cavité ne reçoit plus qu’un rayonnement à 4 K de la part de l’écran
d’hélium.

Pour réduire encore plus l’effet du rayonnement, les écrans thermiques qui protègent
le cœur du dispositif, initialement en cuivre, sont recouverts d’une mince couche d’or.
Avec une émissivité de l’ordre de 0,02, l’or reflète l’essentiel du rayonnement infrarouge
qu’il reçoit et n’émet qu’une faible portion de rayonnement thermique. Au niveau des
réservoirs en acier inoxydable, le rayonnement est atténué par l’ajout de feuilles de mylar
froissées qui, entourant les réservoirs d’azote et d’hélium, réfléchissent le rayonnement.
Avec n feuilles de mylar, le flux est divisé par un facteur n+1 [98]. Avec une cinquantaine
de feuilles, le rayonnement est considérablement réduit, ce qui explique les pertes de 10 W
qu’on mesure sur le réservoir d’azote.

Tous les câbles ou fils descendants dans le cryostat induisent aussi des pertes par rayon-
nement ou par conductivité thermique, faibles individuellement mais non négligeables
collectivement. Nous avons fait en sorte que tous les courants soient faibles afin que la
puissance dissipée par effet Joule soit négligeable. Les tensions continues et les signaux
basses fréquences sont transportés dans des câbles en laiton de conductivité thermique
dix fois plus faible que le cuivre. La section des fils est minimisée pour limiter le contact
thermique. Les signaux radiofréquences et micro-ondes circulent dans des câbles coaxiaux
en acier inoxydable qui limitent les pertes par rayonnement et les pertes thermiques. Pour
les signaux hautes fréquences de la détection atomique, nous utilisons des cables en cuivre
qui supportent les hautes tensions de 3500 V. Une section en acier inoxydable est insérée
au milieu du cable pour couper le contact thermique. Ses caractéristiques (âme : fil de
diamètre 0, 9 mm, gaine : tube de diamètres intérieur 3, 1 mm et extérieur de 3, 5 mm, sur
une longueur de 10 cm) sont ajustées pour optimiser l’adaptation d’impédance avec le
câble coaxial en cuivre.

II.1.1.c Atteindre le Kelvin

Dans son réservoir, l’hélium est en équilibre liquide-vapeur. La pression et la tempéra-
ture sont liées par la relation p = psat(T ), où psat(T ) est la pression de vapeur saturante.
Sous une atmosphère de 1 bar, la température d’équilibre est de 4, 22 K. Si l’on pompe
sur l’hélium, la pression diminue entraînant une baisse de la température. Plutôt que de
pomper sur le réservoir tout entier, on préfère transférer l’hélium liquide dans la boîte 1K
et y faire le vide. En atteignant des pressions de l’ordre de 5 · 10−2 mbar, la température
descend à 1 K. En pratique, un circuit d’hélium liquide alimente en continu la boîte 1K
pour maintenir le niveau constant au fur et à mesure que le liquide s’évapore. Un fin
capillaire prélève l’hélium liquide au fond du réservoir et le transporte dans la boîte 1K.
L’atmosphère de la boîte est pompée via un tube qui remonte à travers le cryostat. Le
montage cavité, qui regroupe l’ensemble des pièces mécaniques qui guident les atomes, est
en contact thermique avec la boîte 1K.
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Le circuit d’hélium fonctionne sur un équilibre subtil entre le flux de liquide à travers
le capillaire et l’extraction par vaporisation et pompage. Son fonctionnement est décrit en
détail en annexe B. Lorsque le pompage est activé, la température du cœur expérimentale
descend progressivement. La température limite que l’on peut atteindre est fonction des
pertes thermiques du cœur, celles-ci doivent donc être suffisamment faibles pour descendre
sous le Kelvin. La masse totale à refroidir n’intervient pas dans la température limite mais
influe sur le temps caractéristique du refroidissement. Le graphique II.3 représente l’évo-
lution de la température en différents points du cryostat au cours du temps et montre
que l’on atteint la température limite en quelques minutes. Dans les premiers instants,
tout le liquide est vaporisé pour fournir la puissance frigorifique nécessaire au refroidis-
sement. Lorsque le liquide apparaît dans la boîte 1K, la température est déjà inférieure
à 2 K. L’hélium devient aussitôt superfluide et la température du coupe-film remonte à
la température de la transition de phase du superfluide. La boîte continue de refroidir,
entraînant avec elle le montage cavité jusqu’à la température limite de 0, 9 K.
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Figure II.3 – Descente en température sous l’effet du pompage de l’hélium. Températures
du montage cavité (noir), de la boîte 1K (vert), du coupe-film (rouge) et du réservoir (bleu)
en fonction du temps. A l’instant (i), une pompe est allumée pour faire un vide primaire
dans la boîte 1K. Lorsque les premières gouttes de liquide arrive dans la boîte (ii), la
température est inférieure à la température critique. L’hélium devient donc superfluide
et la température du coupe-film remonte à la température critique de ∼ 2 K. A l’instant
(iii), la pompe turbomoléculaire est allumée : la pression descend brutalement et entraîne
un refroidissement rapide de la boîte.
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II.1.2 Le montage mécanique du cœur expérimental

Bien qu’elle soit initialement destinée à circulariser des atomes lents, nous avons testé
la circularisation intra-cavité sur des atomes rapides. Le montage expérimental que nous
avons construit dans le cryostat présente ainsi une très grande similitude avec celui de
l’expérience d’électrodynamique quantique en cavité. Seule la conception mécanique du
montage qui supporte la cavité doit être revue pour intégrer la possibilité de générer un
champ radiofréquence polarisé [99].

II.1.2.a Description du montage expérimental

Les atomes de rubidium sont produits par un four extérieur au cryostat. Chauffés à
190 ◦C, les atomes sortent sous la forme d’un jet thermique horizontal. Entre le four et le
montage cavité, plusieurs diaphragmes collimatent le jet atomique. Les différents éléments
du montage sont présentés sur la figure II.4. Les atomes traversent tout d’abord une boîte à
circulariser, utilisée dans le montage actuel des expériences d’électrodynamique en cavité
pour circulariser les atomes. Son rôle ici n’est que de servir d’outil de diagnostic pour
distinguer, le cas échéant, un problème de préparation d’un problème de détection. Dans
toutes les expériences de manipulation d’états de Rydberg décrites dans ce manuscrit, la
boîte à circulariser ne sera jamais utilisée. Les atomes entrent ensuite dans la cavité : deux
miroirs sont installés en lieu et place de la cavité supraconductrice. Identiques dans leur
géométrie à ceux utilisés pour cette cavité supraconductrice, ces miroirs en cuivre ne sont
pas recouverts de niobium mais simplement dorés. Ils ne jouent qu’un rôle d’électrodes
pour contrôler le champ électrostatique, tout en simulant la forme exacte de la cavité.
Autour des miroirs sont disposées les électrodes pour générer la radiofréquence.

Après la cavité, les atomes volent jusqu’au détecteur. Constitué de deux plaques pour
appliquer un champ électrique dans la zone traversée par les atomes, il ionise les atomes
dont le champ d’ionisation est supérieur à un certain seuil Fi. Cependant, seuls les élec-
trons issus de l’ionisation d’un atome à un champ électrique égal à Fi sont captés grâce à
des lentilles électrostatiques. Ceux-ci sont ensuite dirigés vers un channeltron qui le conver-
tit en un signal électrique. La connaissance du champ électrique ionisant nous permet de
reconnaître le niveau d’excitation électronique de l’atome juste avant son ionisation.

II.1.2.b Fabrication du montage cavité

Le montage cavité (fig. II.5) que nous avons construit pour cette expérience répond à
deux nouvelles contraintes : l’excitation et la détection intra-cavité des états de Rydberg.
Ce montage sera utilisé à l’identique dans l’expérience Fontaine, au détail près qu’il sera
tourné à 90 ◦ pour permettre aux atomes de la fontaine atomique de pénétrer dans la
cavité. Pour l’excitation, le montage cavité doit garantir les deux accès optiques nécessaires



II.1. Construction du dispositif expérimental 53

jet atomique 

laser à 780 nm et  
776 nm (cavité) 

détecteur 

montage cavité 

boite à circulariser 

laser à 1,3 μm 
laser à 780 nm, 776 nm 
 et 1,3 μm 

Faisceau 
atomique 

MONTAGE CAVITE 

DETECTEUR 

BOITE A CIRCULARISER 

 électrodes 

 axe de 
quantification 

y 

x z  

1 

2 

4 

3 

y 

x 

z 

��  π 

L1 , L2 L3 

Figure II.4 – Schéma du montage expérimental. (a) Sur cette vue de dessous du cryo-
stat sont représentées les pièces qui constituent le montage mécanique. Elles sont toutes
assemblées sur une plaque en contact thermique avec la boîte 1K (qui n’est pas visible
sur le schéma car situé de l’autre côté de la plaque). L’axe bleu indique le jet atomique.
Les lasers utilisés pour la boite à circulariser ou la cavité sont indiqués. Pour respecter
les polarisations σ+ des lasers rouges et π du laser infrarouge, ils se propagent dans des
directions orthogonales. (b) Coupe en vue de dessus. L’axe de quantification est orienté le
long des lasers rouges pour l’étape de circularisation. Le jet atomique est en conséquence
orienté à 45 ◦ des faisceaux lasers.
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�

Figure II.5 – Plan du montage cavité. (a) Coupe vue de dessus. Les huit électrodes sont
représentées en bleu. (b) Coupe latérale du montage cavité. Les miroirs (en rouge) sont
fixés sur des plaques en saphir (en orange), elles-même vissées sur le support du montage
cavité (en ocre). Entre les électrodes radiofréquences (en bleu) et le montage cavité sont
disposées des pièces en araldite isolantes (en vert). (c) Photo du montage cavité.
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à l’excitation des états de Rydberg de faible m. Il doit aussi garantir deux accès atomiques,
le premier pour le jet atomique rapide et le deuxième pour le jet atomique lent. L’une de
ces ouvertures servira aussi pour la détection intra-cavité : une haute tension appliquée
entre les miroirs ionisera les atomes ; l’ion résultant sera capté par des hautes tensions sur
les électrodes et envoyé vers un channeltron en dehors du montage cavité.

Les électrodes servent à appliquer le champ radiofréquence et le champ électrique
statique horizontal nécessaires à la manipulation des atomes de Rydberg. Elles sont isolées
électriquement les unes des autres par un espace de 1 mm pour éviter les arcs électriques
lors de l’application des hautes tensions et pour réduire les effets capacitifs. Cet espace de
1 mm est élargi à des trous de diamètre 6 mm pour laisser passer les atomes et les lasers.
Les électrodes sont fixées au support du montage cavité par l’intermédiaire de pièces de
10 mm d’épaisseur en araldite, matériau isolant, pour réduire le couplage capacitif avec
le support (cf fig.II.5). Pour absorber les contractions thermiques différentielles lors de
la mise à froid entre le laiton des vis et l’araldite, les électrodes sont maintenues par des
ressorts. Au nombre de huit, les électrodes sont en fait connectées deux par deux pour
simplifier le contrôle de la radiofréquence, si bien que nous appellerons désormais électrode
l’une de ces quatre paires (cf figII.4b).

Les miroirs servent à créer le champ électrique statique vertical nécessaire à la circu-
larisation. Ils sont donc électriquement isolés des autres électrodes. A terme, les miroirs
serviront aussi à appliquer le champ électrique d’ionisation pour détecter les atomes dans
la cavité. Pour éviter qu’une fois l’atome ionisé, l’ion ne vienne s’écraser sur la surface
des miroirs, nous appliquerons un champ électrique oscillant d’amplitude ∼ 100 V et len-
tement variable. Si la fréquence d’oscillation du champ est suffisamment rapide, l’ion créé
lors de l’ionisation sentira une force verticale moyenne nulle et pourra être guidé hors de
la cavité grâce à un champ horizontal constant créé par les électrodes. Pour garantir le
contact thermique et une faible capacité entre les miroirs et la masse, les miroirs sont fixés
sur des supports en saphir.

II.1.3 Lasers d’excitation des niveaux de Rydberg

En vertu des règles de sélection des transitions optiques, trois échelons successifs sont
nécessaires pour accéder optiquement au niveau |51f, m = 2〉 :

52S1/2 → 52P3/2 : λ = 780, 24 nm, σ+ (L1)
52P3/2 → 52D5/2 : λ = 775, 97 nm, σ+ (L2)

52D5/2 → 51f : λ = 1258, 64 nm, π (L3).
(II.2)

Les deux premiers échelons de l’excitation Rydberg réalisent une transition Δm = +1.
On veut par conséquent pour les lasers L1 et L2 une polarisation σ+, ce qui implique
que l’axe de quantification doit être orienté dans leur direction de propagation. Cela est
fait en appliquant un champ électrique horizontal à l’aide des électrodes radiofréquences
du montage cavité. Ce champ électrique lève la dégénérescence entre les niveaux Stark
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Figure II.6 – Schéma d’excitation optique des états de Rydberg, du niveau fondamental
52S1/2 vers le niveau 51f . Trois lasers (780 nm, 776 nm et 1, 3μm) sont nécessaires pour
atteindre le niveau voulu. Les valeurs des transitions sont extraites de Arimondo et al. [100]
et de X. Maitre [101].
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du 51f pour résoudre spectralement le niveau |m| = 2 des autres |m|. Au contraire, le
laser infrarouge L3 induit une transition Δm = 0. C’est pour cette raison qu’il se propage
dans une direction orthogonale aux deux autres lasers (cf fig.II.4) : avec une polarisation
linéaire parallèle à l’axe de quantification, il aura une polarisation π (cf fig.II.4). Chacun
de ces échelons est décrit par la suite [99]. La figure II.6 résume la structure hyperfine de
l’atome de rubidium 85 et le schéma d’excitation complet des états de Rydberg.

II.1.3.a Premier échelon à 780 nm

Le premier échelon de l’excitation vers les niveaux de Rydberg se fait du niveau fon-
damental 52S1/2 vers l’état excité 52P3/2, à 780, 24 nm. Le laser est produit par une diode
DL PRO Toptica de 50 mW asservie en fréquence via la technique de spectroscopie par
absorption saturée. Cette diode est en fait la diode MASTER d’un système complet TA
PRO MOPA (Master Oscillator Power Amplifier) dont la sortie haute puissance sera uti-
lisée pour les lasers de refroidissement de la source d’atomes froids. Le faisceau issu de
la diode du laser 780 alimente en parallèle une boucle d’asservissement et le faisceau
d’excitation des atomes de Rydberg (fig.II.7).
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Figure II.7 – Montage optique des lasers à 780 nm et à 776 nm. Les fréquences des lasers
sont indiquées en différents endroits.
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Puisqu’il est résonant avec une transition atomique depuis le niveau fondamental du
rubidium, le laser 780 est asservi sur cette transition atomique, ce qui offre une excellente
stabilité et un asservissement simple. Le signal d’asservissement est un signal d’absorption
obtenu après la traversée d’une cellule de rubidium. Sur le signal d’absorption simple, on ne
distingue que la structure hyperfine du niveau fondamental 52S1/2, la structure hyperfine
du niveau intermédiaire 52P3/2 étant absorbée par élargissement Doppler. L’asservissement
est donc réalisé sur un signal d’absorption saturée (fig.II.8a). Pour cela, le faisceau est
séparé en deux, le faisceau pompe et le faisceau sonde, contrapropageants dans la cellule.
Pour chaque fréquence du laser, ils excitent chacun une classe de vitesse bien précise.
Lorsqu’ils excitent la même classe de vitesse, l’absorption du faisceau sonde diminue et
un pic apparaît. Ceci peut se produire lorsque le laser est exactement résonant avec l’une
des transitions hyperfines du rubidium - dans ce cas les deux faisceaux réalisent la même
transition en excitant la même classe de vitesse - ou bien lorsque la fréquence du laser
est à mi-chemin entre deux résonances - cela correspond à l’excitation d’une même classe
de vitesse sur deux transitions différentes, du type F → F ′ = X et F → F ′ = Y . Cette
deuxième situation fait apparaître une série de résonances appelées cross-over, notées
C(X, Y ). Sur le signal d’absorption saturée depuis le niveau 52S1/2, F = 3, agrandi sur la
figure II.8b, certaines de ces résonances seulement apparaissent.
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Figure II.8 – (a) Absorption simple et absorption saturée dans une cellule de rubi-
dium composée d’un mélange des isotopes 85 et 87. L’absorption saturée résout la struc-
ture hyperfine de l’état 52P3/2. (b) Agrandissement sur les résonances depuis le niveau
52S1/2, F = 3 du rubidium 85. Seuls les cross-over C(3, 4) et C(2, 4) et la transition vers
F ′ = 4 sont visibles sur ce spectre. La référence des fréquences est celle du cross-over
C(3, 4).

L’asservissement du laser L1 est réalisé par une méthode de spectroscopie par modu-
lation de fréquence [102, 103]. Le laser est modulé en phase par un modulateur électro-
optique à 20 MHz et on en extrait un signal d’erreur. Le cross-over C(3, 4) ayant la réso-
nance la plus marquée, le laser est asservi sur celui-ci. La fréquence ν3,C(3,4) de la transition
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F = 3 → C(3, 4) est donnée par

νC(3,4) = ν3,3 + ν3,4

2 , (II.3)

où ν3,X est la fréquence de la transition F = 3 → F ′ = X. Le cross-over C(3, 4) est
donc à −60 MHz de la transition F = 3 → F ′ = 4. En ajoutant un modulateur accousto-
optique à νa = −80 MHz sur le chemin du faisceau sonde, la fréquence de la résonance de
l’asservissement est modifiée et vaut désormais

ν = (ν3,3 + νa) + ν3,4

2 = ν3,4 − 100 MHz. (II.4)

Le laser est de cette façon asservi à −100 MHz de la résonance ν3,4 de l’excitation Rydberg.
Dans la boîte à circulariser, le jet atomique est orthogonal aux lasers et l’effet Doppler est
nul. On insère donc sur le chemin du laser L1 un modulateur accousto-optique qui décale
la fréquence de +100 MHz. Dans la cavité, le laser L1 est incliné de 45 ◦ par rapport au
jet atomique, il faut donc tenir compte de l’effet Doppler. Dans cette géométrie, le laser
sélectionne la classe de vitesse v0 sur la transition F = 3 → F ′ = 4 si sa fréquence ν
répond au critère

ν = ν3,4

(
1 + v0 cos 45 ◦

c

)
, (II.5)

où c est la vitesse de la lumière. Dans notre expérience, on souhaite exciter des atomes
de vitesse v0 � 250 m/s. Ces atomes voient les photons lasers décalés par effet Doppler
de 230 MHz vers le bleu. Le laser est donc mis en résonance par un modulateur accousto-
optique additionnel à −130 MHz (cf fig.II.7).

II.1.3.b Deuxième échelon à 776 nm

Le deuxième échelon de l’excitation Rydberg réalise la transition du 52P3/2, F ′ =
4, mF ′ = 4 vers le 52D5/2, F ′′ = 5, mF ′′ = 5, à 775, 97 nm. Le laser est produit par une
diode DL PRO Toptica. Avant toute chose, le faisceau est mis en forme dès la sortie
du laser L2 afin d’optimiser son injection dans les fibres qui amènent la lumière vers
l’expérience. Initialement de forme elliptique, la faisceau traverse un télescope formé de
deux lentilles cylindriques de focale fcyl,x = 150 mm et fcyl,y = 75 mm et d’une lentille
sphérique fsph = 60 mm. Les axes propres des lentilles cylindriques sont alignés avec les
axes propres de l’ellipse du faisceau. Les distances focales sont choisies pour faire converger
avec le même angle le faisceau sur chacun des axes, leur rapport est donc donné par la
relation d’optique géométrique

fcyl,x

fcyl,y

= Dx

Dy

, (II.6)

où Dx etDy sont les demi-grands axes de l’ellipse. La lentille sphérique collimate le faisceau
en sortie du télescope. La largeur est déterminée pour que, après propagation entre le
télescope et les fibres, d’ouverture numérique NA= 0, 12 et précédée d’une lentille de
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focale f = 4, 51 mm, le diamètre du faisceau vérifie

ø � NAf

0, 61 = 0, 88 mm (II.7)

de sorte à optimiser le couplage dans les fibres.

Une fois mis en forme, le laser L2 se divise en plusieurs faisceaux (cf fig.II.7). L’un
d’eux alimente une boucle d’asservissement pour stabiliser sa fréquence. Puisque le laser
L2 réalise une transition atomique entre états excités, il est nécessaire d’envoyer les lasers
L1 et L2 simultanément dans une cellule de rubidium. Le fonctionnement est analogue à
celui d’une absorption saturée. Le laser L1 sélectionne une classe de vitesse v0 et le laser
L2 est asservi sur l’absorption des atomes de vitesse v0. Puisque le laser L1 est asservi à
−100 MHz de la résonance ν3,4 et que les deux lasers sont de fréquences voisines (Δν/ν =
0.5%), le laser L2 sera aussi asservi à −100 MHz de la résonance. L’asservissement est
aussi réalisé par spectroscopie par modulation de fréquence.

Le faisceau du laser L2 destiné à l’excitation Rydberg est superposé au laser L1 et passe
dans les mêmes modulateurs accousto-optiques. Il est donc amené à résonance lorsqu’il
est couplé à la fibre pour la boîte à circulariser et décalé de −230 MHz lorsqu’il se couple
à la fibre pour le montage cavité (cf fig.II.7). L’effet Doppler étant sensiblement le même
que pour le laser L1, il sera résonant pour la classe de vitesse v0 = 250 m/s.

Un dernier faisceau est prélevé du laser L2 pour servir de référence à l’asservissement
du Fabry-Pérot sur lequel est stabilisé le laser L3. Le fonctionnement de celui-ci est détaillé
au paragraphe II.1.3.c.

Mises en forme des faisceaux pour l’excitation Rydberg De fréquences voisines,
les faisceaux des lasers L1 et L2 destinés à l’excitation Rydberg sont injectés en polarisation
linéaire dans les mêmes fibres optiques Schäfter-Kirchhoff PMC-780-5.2-NA012-3-APC
monomode à maintien de polarisation. A l’entrée de chaque fibre, une lentille sphérique
de courte focale f = 4, 51 mm collecte la lumière de façon à optimiser l’injection. Les
couplages sont pour les deux lasers de l’ordre de 50%.

En sortie de fibre, une lame λ/4 transforme la polarisation linéaire en une polarisation
circulaire qui, associée à l’axe de quantification horizontale, assure une polarisation σ+

des deux lasers. Les deux faisceaux sont focalisés au centre du cryostat par une lentille
convergente de focale f = 30 cm. Le diamètre des faisceaux au croisement avec le jet
atomique est ainsi de l’ordre de 580μm. La puissance du laser L1 est de 20μW pour
ne pas saturer la transition, ce qui garantit une bonne sélection de vitesse. La deuxième
excitation à 776 nm se fait à une puissance de 300μW.
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II.1.3.c Troisième échelon à 1, 3μm

Dernier échelon de l’excitation Rydberg, le laser L3 réalise la transition 52D5/2, F ′′ =
5, mF ′′ = 5 vers le niveau nf, m = 2 avec n ∼ 50. Il est de fréquence ajustable pour
que l’on puisse choisir la multiplicité n que l’on souhaite exciter. La longueur d’onde,
voisine de 1258 nm, est générée par une diode Toptica DL PRO-100. Comme les autres
lasers, celui-ci est tout d’abord mis en forme pour optimiser le couplage dans une fibre
qui transporte le laser jusqu’à l’expérience. Le laser L3 se sépare ensuite en deux fais-
ceaux (fig.II.9). Le premier est utilisé pour la boucle d’asservissement en fréquence. Le
laser L3 est asservi sur une cavité Fabry-Pérot de longueur L = 11 cm et d’intervalle spec-
tral libre Δν = 1, 36 GHz pour une largeur spectrale de 10 MHz. Le signal de réflexion
du laser L3 sur le Fabry-Pérot sert de signal d’erreur pour un asservissement du type
Pound-Drever-Hall [104]. La cavité Fabry-Pérot étant sensible aux fluctuations de l’envi-
ronnement, sa stabilité n’est bonne qu’à court terme et une dérive se fait sentir à long
terme. La cavité Fabry-Pérot est par conséquent elle-même asservie sur le laser L2. La
cavité est donc traversée dans l’autre sens par le laser L2 et le signal de réflexion sert de si-
gnal d’erreur. La cavité Fabry-Pérot peut être asservie à n’importe quelle fréquence grâce
à un modulateur accousto-optique à 200 MHz en double-passage qui permet de modifier
la fréquence du faisceau laser de référence L2. Le second faisceau concentre l’essentiel
de la puissance lumineuse pour la coupler dans une fibre (Schäfter-Kirchhoff PMC-1300-
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Figure II.9 – Chemin optique du laser L3. Une partie de la puissance laser est utilisée pour
l’asservir sur une cavité Fabry-Pérot, elle-même stabilisée sur le laser L2. Un modulateur
accousto-optique double-passage permet de changer la fréquence d’asservissement de la
cavité. Les photodiodes 1 et 3 collectent le signal de réflexion des lasers L3 et L2. Les
photodiodes 2 et 4 permettent de visualiser les signaux de transmission et de déterminer
le caractère résonant de la cavité avec l’un ou l’autre des lasers. L’essentiel de la puissance
du laser L2 est envoyée vers la fibre pour être acheminée à l’expérience.
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9.2-NA011-3-APC) monomode à maintien de polarisation qui transporte la lumière vers
l’expérience. Un modulateur accousto-optique de 80 MHz placé avant la fibre permet un
contrôle électronique de l’allumage et de l’extinction du laser. On dispose en sortie de la
fibre d’une puissance d’environ 12 mW. Le faisceau est focalisé sur le jet atomique avec
un diamètre de 400μm par une lentille de focale 30 cm. L’intensité du faisceau reste très
inférieure à l’intensité de saturation de la transition, qui est la transition limitante de
l’excitation optique.

II.1.4 Génération de champs micro-ondes

Dans le rubidium, les transitions inter-multiplicités autour de n = 50 sont de l’ordre
de 50 GHz, c’est-à-dire dans le domaine micro-onde. Dans cette gamme de fréquence,
les générateurs offrent une précision meilleure que le Hertz. A l’échelle des transitions
atomiques, ces générateurs sont infiniment précis. Le champ micro-onde est par conséquent
un outil extrêmement puissant pour manipuler et analyser l’état d’excitation électronique
de l’atome.

Pour générer des fréquences de l’ordre de 50 GHz, nous utilisons un synthétiseur
Anritsu-MG3692 qui produit un signal autour de 12, 5 GHz. Un élément non-linéaire ap-
pelé « mélangeur » génère ensuite les harmoniques de rangs supérieurs (fig.II.10). La
fréquence du signal est ajustée pour que la quatrième harmonique corresponde à la fré-
quence souhaitée pour interagir avec les atomes. Le montage de génération de micro-onde
est détaillé en annexe C.

�

�

�

Anritsu x4 

TTL 

� 12 GHz � 50 GHz 

Cryostat 

Montage cavité 

Figure II.10 – Principe de génération de micro-onde. Les synthétiseurs produisent un
signal autour de 12, 5 GHz. Des quadrupleurs génèrent l’harmonique de rang 4 à une
fréquence d’environ 50 GHz. Ce signal descend dans le cryostat jusqu’au montage cavité.
Une diode PIN contrôle l’allumage et l’extinction du champ micro-onde.

En sortie des générateurs micro-ondes sont disposées des diodes PIN qui contrôlent
l’allumage et l’extinction de la micro-onde. La polarisation de la diode est déterminée
par un signal logique - produit par notre séquenceur ADWin - qui peut rendre la diode
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passante ou bloquante. La diode se comporte donc comme un interrupteur, avec des temps
caractéristique de commutation très rapide. En pratique, c’est le signal logique lui-même
qui limite le temps de commutation. On mesure une atténuation de 40 dB lorsque la diode
PIN est éteinte.

Il peut aussi être intéressant d’éteindre lentement le champ micro-onde (cf chap.IV).
Pour ce faire, nous utilisons la modulation d’amplitude du générateur micro-onde. Lors-
qu’on souhaite éteindre la micro-onde, on décroît la tension de modulation de 0 V à −2 V
en une durée Δt réglable. Le gain de la modulation est de 20 dB/V. La figure II.11 illustre
l’extinction lente pour différentes durées Δt. L’atténuation maximale mesurée est ici de
20 dB qui correspond au bruit résiduel de l’oscilloscope avec lequel les courbes sont prises.

6 7 8 9 10 11 12 13 146 7 8 9 10 11 12 13 14
-1,5

-1,0

-0,5

0,0

 � !"#$� %&�'(

 � )#*� %&�'(

P
ui

ss
an

ce
 m

ic
ro

-o
nd

e 
(d

B
)

������ ����

 � +#)� %&�'(

Te
ns

io
n 

de
 m

od
ul

at
io

n 
(V

)

-30

-25

-20

-15

-10

-5

0

Figure II.11 – Extinction adiabatique de la micro-onde pour trois durées Δt différentes :
2, 5μs (vert), 5μs (rouge) et 10μs (bleu). Les traits fins continus représentent l’atténuation
micro-onde en décibel obtenue à partir du battement à 30 MHz. La rupture de pente
correspond à l’extinction de la micro-onde par la diode PIN. Les traits pointillés sont un
ajustement linéaire de l’extinction. La valeur de chaque pente est notée sur la courbe. En
vert, orange et cyan sont tracées les tensions de modulation appliquées sur le générateur
micro-onde. L’échelle en tension respecte le calibrage du générateur de 20 dB/V. Les pentes
attendues dans les trois situations sont respectivement de 4 dB/μs, 8 dB/μs et 16 dB/μs.
Plus l’extinction est rapide, plus la pente mesurée s’éloigne de la pente théorique, limitée
probablement par la bande passante de réponse de la modulation.
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II.1.5 Générer un champ radiofréquence dans le montage cavité

En présence d’un champ électrique statique de l’ordre du V/cm, la fréquence des
transitions entre les niveaux Stark du rubidium sont de l’ordre de la centaine de MHz. Pour
induire des transitions entre ces niveaux et ainsi manipuler l’état du spin atomique, l’atome
doit être couplé à un champ radiofréquence. Comme nous l’avons montré au chapitre I,
les deux échelles de spins qui paramétrisent les états de Rydberg hydrogénoïdes sont
découplées et peuvent être manipulées indépendamment par des champs radiofréquences
polarisés σ+ ou σ−. La manipulation d’un seul des deux spins nécessite donc d’être capable
de ne produire qu’une seule des deux composantes.

II.1.5.a Contrôle en phase et en amplitude de chaque électrode

La radiofréquence est produite en appliquant sur chaque électrode du montage cavité
un potentiel radiofréquence qui crée un champ au niveau des atomes. Les dimensions
de la cavité, de l’ordre de 10 cm, sont petites devant la longueur d’onde λ ∼ 1, 3 m :
l’hypothèse quasi-statique est donc vérifiée et le champ électrique Frf (t) est directement
proportionnel à la tension U(t) que l’on applique. Si les quatre électrodes génèrent un
champ de même amplitude, on peut produire un champ radiofréquence tournant en les
déphasant chacune de π/2. En présence d’un champ électrique statique perpendiculaire
au plan des électrodes, le champ radiofréquence devient polarisé σ+.

La radiofréquence est produite par un synthétiseur Holzworth HS9004A-316 disposant
de quatre voies. Chacune d’elle peut être indépendamment réglée en fréquence, phase et
amplitude. Les voies sont asservies en phase les unes aux autres de sorte que les déphasages
restent constants au cours du temps. La radiofréquence est transportée dans des cables
coaxiaux semi-rigides afin de maintenir leur position fixe et éviter d’éventuels changements
de phase.

Pour générer une radiofréquence polarisée σ+, il est indispensable de pouvoir régler
indépendamment la phase et l’amplitude de chaque électrode. Le synthétiseur permet
pour chaque voie un contrôle manuel de ces paramètres qui est utilisé pour régler la
polarisation σ+ de la radiofréquence. Les impulsions de radiofréquence sont produites par
le synthétiseur qui offre la possibilité d’allumer ou éteindre chaque voie indépendamment
par un signal logique, produit par notre séquenceur ADWin.

II.1.5.b Contrôle en amplitude du champ radiofréquence polarisé σ+

Il est important pour les expériences de pouvoir modifier l’amplitude du champ σ+ de
façon analogique. Nous avons donc ajouté sur chaque voie du synthétiseur une modula-
tion en amplitude dont la tension de commande est commune : les amplitudes de chaque
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électrode varient simultanément ce qui conserve la polarisation σ+ de la radiofréquence au
niveau des atomes. La modulation fonctionne avec deux multiplieurs en série Mini-circuit
ZFM-2-S+, contrôlés par une tension de modulation Vmod. La tension Vmod est établie
par une séquence de points produite par un générateur basse-fréquence. Un amplifica-
teur Mini-circuits ZHL-2-12 amplifie ensuite pour chaque voie le signal radiofréquence.
Le schéma II.12 résume l’ensemble du circuit. Au bout de sa descente dans le cryostat,
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Figure II.12 – Connexion et contrôle de la radiofréquence et du champ électrique statique
sur les électrodes de la cavité. Le circuit de la radiofréquence est représenté en rouge et la
modulation d’amplitude, pour modifier la puissance de la polarisation σ+, en marron. Le
circuit de génération du champ statique est en bleu. Les résistances R de 50 Ω évitent les
réflexions. Les résistances R′ = 150 Ω limitent le courant qui circule dans les multiplieurs.
La tension de modulation Vmod est commune aux quatre électrodes mais n’est représentée
que pour les deux premières.

la radiofréquence est réfléchie sur l’électrode d’impédance infinie. Pour éviter toute in-
terférence avec le signal généré par le synthétiseur, un circulateur RF-Lambda RFLC101
renvoie ce signal vers une résistance de 50 Ω. En parallèle avec cette résistance, le signal est
connecté à un oscilloscope afin de mesurer la tension appliquée sur l’électrode. La tension
alors mesurée Upp n’est qu’une image de la tension réellement appliquée sur l’électrode
que nous n’avons pas la possibilité de mesurer. Ce schéma est reproduit à l’identique pour
les quatre électrodes.

L’amplitude du signal radiofréquence Upp n’est pas linéaire avec la tension de mo-
dulation Vmod. Pour être certain que la polarisation σ+ reste pure lorsqu’on varie cette
tension de modulation, il est important que les amplitudes radiofréquences Upp des quatre
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électrodes varient linéairement entre elles. On le vérifie sur la figure II.13 où sont tracées
les amplitudes de la radiofréquence U2,pp, U3,pp et U4,pp en fonction de l’amplitude U1,pp

de la première électrode.
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Figure II.13 – Linéarité des tensions appliquées sur les électrodes. Les différents points
sont pris en faisant varier la tension de modulation Vmod sur toute la gamme de tension
accessible (de 0 V à 5 V), ce qui correspond à une variation de U1,pp entre 0 et 1 V. Les
amplitudes, exprimées en Volt crête-crête, sont mesurées sur l’oscilloscope. Les données
sont prises avec des puissances de sortie sur le synthétiseur de −1, 20 dBm, −2, 83 dBm,
0 dBm et −2, 22 dBm pour les voies 1, 2, 3 et 4.

II.1.5.c Radiofréquence et champ statique

En plus de la radiofréquence, les quatre électrodes sont aussi utilisées pour générer le
champ électrique directeur lors de l’excitation optique. Du point de vue de la radiofré-
quence de période 4, 35 ns, ce champ qui varie à l’échelle de 1μs est quasi-statique. On
applique simultanément ce champ continu et le champ radiofréquence sur les électrodes à
l’aide d’un T de polarisation Mini-circuits ZFBT-4R2G, dont les caractéristiques ont été
adaptées à nos signaux, qui couple inductivement le champ quasi-statique et capacitive-
ment la radiofréquence. Pour garantir une impédance constante du point de vue continu,
chaque voie est connectée à une résistance de 50Ω avant le T (fig.II.12).
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II.2 Préparation des atomes de Rydberg et du champ
radiofréquence σ+

Nous disposons maintenant de tous les éléments techniques pour préparer des atomes
de rubidium sur leurs niveaux de Rydberg. Nous présentons ici les différents réglages
indispensables pour coupler ces atomes avec un champ radiofréquence polarisé σ+. Chaque
expérience de manipulations des états de Rydberg décrite dans ce manuscrit commence
par l’excitation optique d’un niveau |nf, m = 2〉 en champ électrique statique horizontal.
Dans une seconde phase, un champ électrique vertical est appliqué pour tourner l’axe de
quantification le long de l’axe de rotation de la radiofréquence.

II.2.1 Excitation optique des états de Rydberg

II.2.1.a Réglage du zéro de champ

L’excitation optique se fait en présence d’un champ électrique pour lever la dégénéres-
cence entre les différents |m| du niveau |nf〉. Pour garantir qu’on ne prépare que le niveau
m = +2 et non le niveau m = −2, la polarisation des lasers doit être bien respectées.
Il est donc important que l’axe de quantification soit le mieux aligné possible avec la di-
rection des lasers rouges. Malheureusement, les charges résiduelles à la surface des pièces
du montage cavité créent des champs électriques parasites qui perturbent la direction du
champ électrique. Pour les annuler, nous réalisons la spectroscopie micro-onde d’une tran-
sition |n, f〉 → |n − 1, g〉 pour différents champs électriques voisins du champ nul. Cette
transition Δl = +1 n’est sensible qu’à l’effet Stark quadratique pour les faibles champs
puisque les deux niveaux concernés ont un défaut quantique non nul. Elle prend sa plus
faible valeur en champ nul et nous offre ainsi un critère d’ajustement du zéro du champ.

La séquence expérimentale est des plus simples. L’excitation optique du niveau
|nf, m = 2〉 est faite avec un champ électrique dans l’axe des lasers L1 et L2. Ce potentiel
appliqué aux électrodes est alors redescendu autour de 0 V et la spectroscopie micro-onde
de la transition |n, f〉 → |n − 1, g〉 est effectuée. Le champ électrique est alors ajusté pour
minimiser la fréquence de la transition, cela dans les trois dimensions de l’espace en ré-
glant les tensions continues appliquées aux électrodes radiofréquences et aux miroirs. La
figure II.14 présente un exemple de réglage réalisé sur la transition |52f〉 → |51g〉. La
transition en champ nul correspond bien à la valeur attendue théoriquement. De plus, en
même temps que la fréquence diminue, la largeur du pic s’affine. Cela est attribuable à la
dégénérescence en champ électrique nul des niveaux 51g de m différents. Puisque l’impul-
sion micro-onde ne résout pas ces niveaux, ils apparaissent comme un élargissement de la
transition. Une fois les tensions de champ nul déterminées, le champ électrique est créé
en appliquant en plus de ces tensions un potentiel pour produire le champ électrique.
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Figure II.14 – Réglages du champ nul par spectroscopie de la transition |52f〉 → |51g〉.
Le zéro du champ est optimisé sur les miroirs et dans la direction de L3. Chaque spec-
troscopie est faite pour un champ électrique différent dans la direction de L1. A partir
de la tension appliquée, on calcule le champ électrique correspondant sachant que la
courbe noir correspond au véritable zéro du champ. On a respectivement : (magenta,
0 mV, 18 mV/cm), (bleu, ±50 mV, 16, 2 mV/cm), (cyan, ±100 mV, 14, 4 mV/cm), (vert,
±200 mV, 10, 8 mV/cm), (rouge, ±300 mV, 7, 2 mV/cm), (noir, ±500 mV, 0 mV/cm). En
lignes pleines sont indiquées les simulations numériques. Puisqu’on ne résout pas la struc-
ture fine expérimentalement, il y a une incertitude de 0, 5 MHz en fréquence absolue sur
les simulations.

II.2.1.b Champ électrique de l’excitation optique

En champ nul, les niveaux |nf, m = 0 . . . 3〉 sont dégénérés. Afin de préparer efficace-
ment le niveau |nf, m = 2〉, le champ électrique appliqué dans la direction de L1 et L2 est
choisi de sorte à lever la dégénérescence entre le niveau |nf, m = 2〉 et les niveaux m �= 2.
Nous avons mesuré par spectroscopie laser les transitions optiques à différents champs
électriques pour déterminer quel était le champ électrique optimum pour résoudre le ni-
veau |52f, m = 2〉. Le réglage étant peu sensible à la valeur de n, il est effectué ici avec
n = 52 mais reste valable pour n ∼ 50. La spectroscopie est faite en variant la fréquence
du laser L3 autour de la transition 52D5/2 → 52f .

Puisque l’objectif ici est de distinguer les niveaux de différents m, le champ électrique
est appliqué verticalement - selon (Oz) - plutôt qu’horizontalement de sorte que les lasers
n’aient pas une polarisation particulière par rapport à l’axe de quantification. On excite
ainsi tous les m et pas seulement le m = 2. La figure II.15 présente le spectre du rubidium
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Figure II.15 – Spectroscopie laser autour de la multiplicité n = 52. Les données (traits
pleins) sont obtenues en balayant la fréquence du laser L3. Le champ électrique statique
est appliqué verticalement pour ne pas être limité par les règles de sélection au seul ni-
veau m = 2. L’échelle verticale est anamorphosée pour rendre visible tous les niveaux. En
pointillés sont tracées les fréquences théoriques déduites de la diagonalisation complète
du Hamiltonien Stark sur une bande d’énergie de 600 GHz autour du niveau |52f〉. On
distingue les niveaux du 52g et du 52f , éloignés de la multiplicité par le défaut quantique.
Le signal détecté autour de −300 MHz correspond à des atomes excités par une faible ré-
flexion des lasers, probablement sur le hublot de sortie du cryostat ; en effet, l’effet Doppler
de cette réflexion est de signe opposé, ce qui conduit théoriquement à une différence de
fréquence avec la vrai résonance de −283 MHz. Les simulations numériques, en pointillé
sur la courbe, sont en bon accord avec les mesures [99].

sur une bande spectrale de 2 GHz autour de la multiplicité n = 52, en fonction du champ
électrique statique d’excitation. A champ nul, les niveaux 52f et 52g se distinguent de la
multiplicité n = 52 par le défaut quantique. Sous l’action d’un champ statique, l’effet Stark
déplace les niveaux : il ouvre la multiplicité et sépare les différents m du niveau |52f〉. On
retrouve le spectre théorique décrit à la figure I.15. Entre 0, 22 V/cm et 0, 24 V/cm, on
distingue nettement trois résonances sur les niveaux |52f〉 : les niveaux m = 0 et m = 1
qui ne sont pas résolus, le niveau m = 2 et le niveau m = 3. C’est donc autour de ces
valeurs du champ électrique que l’on va exciter le niveau |52f, m = 2〉.
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La figure II.16 est une spectroscopie laser effectuée à 0, 236 V/cm avec le champ élec-
trique appliqué dans la direction de L1. L’axe de quantification est donc aligné sur la
direction des lasers L1 et L2. Le niveau |52f, m = 2〉 est spectralement résolu et le trans-
fert vers le niveau m = 2 est optimisé par la polarisation des lasers. Pour s’assurer que
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Figure II.16 – Excitation laser autour du niveau |52f, m = 2〉 à un champ électrique de
0, 236 V/cm avec l’axe de quantification parallèle à L1 et L2.

le niveau |52f, m = 2〉 est préparé avec une bonne pureté, on réalise une spectroscopie
micro-onde vers les niveaux |51f〉. Seules les transitions vers des niveaux m = 1, m = 2
ou m = 3 sont autorisées depuis le niveau m = 2, cette spectroscopie nous fournit donc
un outil d’analyse de la pureté de l’état. Les mesures sont présentées sur la figure II.17.
Toutes les résonances mesurées correspondent bien à l’une de ces trois transitions. L’ab-
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Figure II.17 – Spectroscopies micro-ondes depuis le niveau |52f, m = 2〉 vers la multi-
plicité n = 51 pour différents champs électriques. L’absence de transfert de population
vers les niveaux m = 0 traduit l’absence d’excitation optique du niveau |52f, m = 1〉.
Ces courbes servent aussi d’étalonnage du champ électrique statique généré par les élec-
trodes radiofréquences : le champ est calculé de façon à faire coïncider les spectres avec
les fréquences calculées par les simulations numériques (lignes noires et rouges).
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sence de pic m = 0 sur les spectroscopies indique que le laser L3 résout parfaitement les
niveaux |52f, m = 1〉 et |52f, m = 2〉.

L’excitation optique étant accomplie, nous pouvons vérifier que le profil de vitesse
correspond bien à nos attentes. La fréquence du laser L3 est désormais fixée pour exciter
le niveau |52f, m = 2〉. Sur la figure II.18 est tracé le profil de vitesse du jet atomique.
Comme prévu, les atomes ont une vitesse de 250 m/s.

220 230 240 250 260 270 280
0,0

0,1

0,2

0,3

0,4

 

 

Tr
an

sf
er

t

Vitesse (m/s)

Figure II.18 – Profil de vitesse du jet atomique sélectionné par effet Doppler par les
lasers. La vitesse est déterminée par la mesure du temps de vol des atomes à travers
l’expérience sur une distance de 58 mm. Dans une bonne approximation, la distribution
de vitesse a un profil gaussien (ligne continue).

II.2.1.c Retournement de l’axe de quantification

Il reste une dernière étape avant de pouvoir travailler avec ces atomes de Rydberg.
L’axe de quantification lors de l’excitation optique est horizontal, dirigé parallèlement à
la direction des lasers L1 et L2. Par la suite, toutes les expériences sont réalisées avec un
axe de quantification vertical créé en appliquant une tension sur les miroirs de façon à
être orthogonal au plan défini par les électrodes radiofréquences qui vont générer le champ
radiofréquence σ+. Dès la fin de l’excitation commence donc une phase de retournement
du champ : en même temps que décroît le champ électrique horizontal, le champ électrique
vertical croît (fig.II.19a).

Au cours de cette étape, le champ électrique doit tourné adiabatiquement pour évi-
ter la contamination du niveau |nf, m = 2〉 par les niveaux |nf, m �= 2〉. Il s’agit donc
d’augmenter lentement le champ électrique vertical en même temps que l’on éteint le
champ électrique horizontal. La spectroscopie micro-onde permet de vérifier l’efficacité
du retournement par comparaison des spectres avant et après retournement (fig.II.19c).
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Lors d’une rotation du champ électrique effectuée en 1μs, la variation du champ a une
vitesse angulaire de l’ordre de 1 MHz, très petite devant l’écart entre les niveaux Stark
de l’ordre de 50 MHz à 0, 236 V/cm. L’évolution n’engendre donc pas de mélange d’états.
Nous garderons cette valeur pour les expériences à venir.
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Figure II.19 – Retournement de l’axe de quantification, défini par la direction du champ
électrique. (a) Vue en coupe du montage cavité. Le champ électrique est parallèle aux
lasers L1 et L2 pendant la phase d’excitation et aligné selon (Oz) pour les manipulations
radiofréquences. (b) Séquence du champ électrique sur les électrodes (traits pointillés) et
sur les miroirs (traits pleins) pour deux retournements du champ différents. L’échelle entre
le champ horizontal et le champ vertical n’est pas respecté, le second étant en réalité 10
fois supérieur au premier. En rouge, une séquence du retournement du champ en 1μs. Les
résultats sont comparés à une situation où le champ est varié très brutalement (bleu) : on
allume le champ électrique vertical en ∼ 10 ns (la simultanéité de deux rampes de cette
durée étant difficile, le champ électrique horizontal est maintenu constant pour s’assurer
que le champ total n’est jamais nul). (c) Spectroscopies vers la multiplicité n = 51 après
la préparation du niveau |52f, m = 2〉 suivi ou non d’une phase de retournement. On
compare les courbes rouges (retournement lent en 1μs) et bleu (variation brutale) à la
courbe noir (sans retournement). Le retournement du champ en 1μs est adiabatique.
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II.2.2 Couplage d’un atome de Rydberg à un champ radiofré-
quence σ+

Une fois préparé sur le niveau de Rydberg de faible m |52f, m = 2〉, l’atome est mis en
résonance avec le champ radiofréquence. Celle-ci doit être polarisée σ+ pour ne coupler
que les niveaux n1 = 0.

II.2.2.a Champ électrique statique de circularisation

Le champ électrique vertical détermine la fréquence des transitions atomiques, il sera
utilisé pour toutes les expériences décrites par la suite. Il est donc indispensable de l’éta-
lonner avec précision. Depuis le niveau |51, n1 = 1, m = 2〉, nous avons effectué des spec-
troscopies micro-ondes vers la multiplicité n = 52 à différents champs électriques (fi-
gure II.20). On trouve ainsi une calibration du champ électrique Fz selon la tension Vm
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Figure II.20 – Étalonnage du champ électrique statique vertical par spectroscopie micro-
onde. Le niveau de départ est le niveau |51, n1 = 1, m = 2〉. On observe dans la multipli-
cité n = 52 les résonances des niveaux m = 1, m = 2 et m = 3. Le champ électrique
vaut respectivement 2, 5 V/cm (vert), 2, 36 V/cm (rouge), 1, 76 V/cm (bleu) et 1, 54 V/cm
(cyan). Les courbes sont comparées aux simulations numériques, faites en considé-
rant tous les niveaux à ±300 GHz. A 2, 36 V/cm, la transition |52, n1 = 1, m = 2〉 →
|52, n1 = 0, m = 3〉 est résonante avec la radiofréquence à 230 MHz. A 1, 76 V/cm, c’est la
transition |52, n1 = 1, m = 2〉 → |52, n1 = 3, m = 1〉 qui est résonante à 230 MHz.
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appliquée sur chacun des miroirs (avec des signes opposés)

Fz(V/cm) = (0, 819 ± 0, 01)Vm(V). (II.8)

Ces mesures nous permettent aussi de trouver le champ pour lequel le champ radio-
fréquence à 230 MHz - valeur à laquelle nous avons travaillé - est résonante avec les
transitions atomiques. A 2, 36V/cm, c’est le cas de la transition |52, n1 = 1, m = 2〉 →
|52, n1 = 0, m = 3〉. C’est donc autour de cette valeur que peut se faire la circulari-
sation dans la multiplicité n = 52. Il nous sera aussi utile, pour ajuster la polari-
sation de la radiofréquence, de mettre cette dernière en résonance avec la transition
|52, n1 = 1, m = 2〉 → |52, n1 = 3, m = 1〉, ce qui est fait à 1, 76 V/cm. Les mesures ef-
fectuées à différents champs électriques illustrent le très bon accord entre les simulations
numériques des niveaux Stark et les mesures expérimentales. La position des résonances
nous permet d’établir avec précision le champ électrique vu par les atomes.

II.2.2.b Compensation du champ électrique vertical

De géométrie sphérique, les miroirs créent un champ électrique vertical non-uniforme.
Pour une tension continue constante, le champ électrique vu par les atomes augmente
le long de leur trajectoire allant du centre de la cavité vers les bords. On souhaite que
les transitions atomiques soient indépendantes de la position des atomes dans la cavité,
il nous faut donc compenser ces variations. Puisque le jet atomique est monocinétique,
les variations spatiales de la valeur du champ électrique peuvent être compensées par
une variation temporelle (fig.II.21a) : à mesure que les atomes s’éloignent du centre de
la cavité, on diminue la tension appliquée pour que le champ électrique ressenti par les
atomes soit constant.

Mettre en place cette compensation nécessite en premier lieu de connaître le profil
spatial du champ électrique vu par les atomes. Pour cela, on mesure la variation spatiale
d’une transition atomique. Nous avons choisi la transition entre le niveau circulaire |51, c〉
et le premier niveau elliptique |51, n1 = 0, m = 49〉 que nous noterons |51, e1〉. La com-
pensation du champ électrique n’est pas nécessaire pour préparer des atomes circulaires.
Historiquement, nous avons donc d’abord préparé des atomes circulaires puis effectué
cette compensation pour les expériences où la radiofréquence interagit de façon résonante
avec les atomes. Le passage adiabatique que nous avons utilisé pour obtenir les atomes
circulaires est décrit au chapitre III.

La transition |51, c〉 → |51, e1〉 est mesurée à un champ électrique de 2, 35 V/cm où
elle est résonante avec la radiofréquence. Pour sonder cette transition à 230 MHz avec
une micro-onde, on mesure par spectroscopie les transitions de chacun des niveaux vers
un niveau auxiliaire |50, c〉. En répétant cette mesure à différent instant, on obtient par
différence le profil spatial de la transition |51, c〉 → |51, e1〉 présenté sur la figure II.21b.
En comparant ce profil au simulation du champ électrostatique, on estime que les lasers
se croisent 1, 4 mm avant le centre de la cavité.
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Figure II.21 – Compensation du champ électrique vertical dans le montage cavité. (a)
Schéma du montage cavité. Les atomes sont sondés à un instant t, qui correspond à une
position x le long de l’axe (Ox). (b) Fréquence de la transition |51, c〉 → |51, e1〉 en fonction
de la position des atomes dans la cavité. Les mesures sont des spectroscopies micro-onde
de durée 2μs et l’abscisse correspond au centre de l’impulsion. Les + (respectivement les
×) sont mesurées sans (respectivement avec) compensation. Le trait continu (rouge) est
la simulation du champ créé par les miroirs. Le temps de référence t = 0 est l’instant
d’allumage du laser. La position de l’excitation laser (qui correspond à l’instant t = 0)
est ajustée sur les simulations. (c) Homogénéité du champ compensé. Les trois courbes
sont prises à trois jours différents. La transition est homogène à 50 kHz près.

A 2, 35 V/cm, l’effet Stark quadratique de la transition |51, c〉 → |51, e1〉 est négligeable
devant l’effet Stark linéaire, si bien que dans une bonne approximation le champ électrique
est proportionnel à la fréquence de la transition. Notre mesure (fig.II.21b) est donc une
mesure indirecte du champ électrique. Pour faire la compensation, nous appliquons au
cours du temps une tension U(t) définie par

U(t) = Ut0

ν(t0)
ν(t) , (II.9)

où Ut0 et ν(t0) sont respectivement la tension appliquée et la fréquence de la transition
|51, c〉 → |51, e1〉, mesurée à un instant arbitraire t0 = 7μs, et ν(t) la fréquence de la tran-
sition mesurée à l’instant t. L’interpolation de la courbe II.21b par un polynôme d’ordre
4 nous donne ainsi une première fonction de compensation. Le résultat peut être amélioré
en réitérant les mesures et en compensant une nouvelle fois par une nouvelle interpolation.
Après deux itérations, les mesures sont prises à nouveau (croix sur la figure II.21b) : le
champ électrique vu par les atomes est constant. Pour estimer précisément l’homogénéité
du champ compensé, plusieurs spectroscopies ont été effectuées à plusieurs jours d’inter-
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valle (fig.II.21c). La valeur absolue change légèrement d’un jour à l’autre, ce qui nécessite
de réajuster le champ électrique chaque fois, mais celui-ci reste homogène à 50 kHz près
sur la transition atomique |51, c〉 → |51, e1〉. Cela correspond à des variations de champ
électrique de l’ordre de 0, 5mV/cm, à la limite de résolution de notre générateur.

Les spectroscopies mettent néanmoins en évidence des résonances de plus en plus
large. En effet, la compensation du champ électrique ne réduit pas les inhomogénéités
spatiales, dues au gradient de champ électrique qui existe toujours à un instant t donné.
Les lasers excitent un train atomique de largeur environ 1 mm qui est sensible à ce gra-
dient. L’inhomogénéité jouant un rôle déterminant dans les processus de décohérence, le
temps de décohérence atomique T2 ne peut malheureusement pas être augmenté par la
compensation du champ électrique.

II.2.2.c Polarisation du champ radiofréquence

Nous disposons de quatre électrodes pour générer le champ radiofréquence
σ+ (§II.1.5.a). Il est a priori possible de créer une polarisation parfaite au centre de
la cavité avec simplement deux électrodes. Mais la question de l’homogénéité se pose
pour le champ radiofréquence que verront les atomes du jet thermique. Nous avons pour
cela calculé par des simulations numériques sur SIMION la pureté du champ généré par
deux ou quatre électrodes (fig. II.22). Le taux de pureté en amplitude Tpur est défini par

Tpur =
F +

rf

F +
rf + F −

rf

, (II.10)

où F +
rf et F −

rf sont respectivement les amplitudes des composantes σ+ et σ− du champ
radiofréquence. Quatre électrodes créent un champ de polarisation nettement plus homo-
gène. Sur une longueur de 9 mm le long du jet atomique, la polarisation théorique est
meilleure que 99%.

Le réglage de la polarisation est en pratique difficile du fait qu’on ne connaît pas parfai-
tement l’amplitude et la phase de la radiofréquence au niveau de la cavité. La propagation
dans les câbles qui descendent dans le cryostat entraîne une première altération des si-
gnaux radiofréquences. Les couplages capacitifs mutuels entre les électrodes perturbent un
peu plus la situation. Le signal appliqué en théorie à une seule électrode peut se coupler
aux électrodes voisines. Si le couplage induit un déphasage, il est même possible de créer
une polarisation elliptique. Enfin, la mesure des phases et des amplitudes des signaux
sur l’oscilloscope de contrôle se heurtent à des problèmes d’impédance, de déphasage et
d’atténuation, qui rendent illusoire la comparaison directe entre les électrodes par lecture
directe de ces signaux. Comme autre outil de mesure, les atomes sont les plus à même de
nous fournir des informations sur la qualité de la polarisation de la radiofréquence. C’est
donc par spectroscopie atomique que nous avons optimisé cette polarisation.

Cette méthode consiste à étudier l’atome couplé à la radiofréquence pour en déduire



II.2. Préparation des atomes de Rydberg et du champ radiofréquence σ+ 77

0 

50 

100 

150 

200 

250 

300 

0 50 100 150 200 250 300 

��!"
#
�  

��"# 

� 

��"
#
�  

90% 

99% 

(a)

0 

50 

100 

150 

200 

250 

300 

0 50 100 150 200 250 300 

� 

��"
#
�  

90% 
99% 

(b)

0 

0,1 

0,3 

0,2 

0,4 

0,6 

0,5 

0,7 

0,9 

0,8 

1,0 

Figure II.22 – Simulation numérique de l’homogénéité de la radiofréquence. Nous avons
tracé le taux de pureté en amplitude de la radiofréquence produite par (a) quatre élec-
trodes, (b) deux électrodes. Les contours à 90% et 99% de pureté en amplitude sont
indiqués par des lignes noires.

l’intensité du champ appliqué. Le choix de la transition atomique déterminera qui de la
composante σ+ ou σ− sera mesurée. Cependant, la spectroscopie atomique ne se prête
pas à un spectre hydrogénoïde où les transitions atomiques sont dégénérées, comme c’est
le cas pour les transitions σ+ |n, n1 = 1, m = 2〉 → |n, n1 = 0, m = 3〉 ainsi que toutes
les suivantes vers les niveaux |n, n1 = 0, m > 3〉. Il est donc préférable de travailler sur
les niveaux de faible m où le défaut quantique joue un rôle important. La transition
|n, n1 = 1, m = 2〉 → |n, n1 = 3, m = 1〉 par exemple, est non-dégénérée avec les autres
transitions : ces deux niveaux constituent donc naturellement un système à deux ni-
veaux, qu’on notera désormais respectivement |2〉 et |1′〉. Par contre, cette transition
n’est pas résonante avec le champ radiofréquence, de fréquence fixe 230 MHz, pour le
champ électrique de 2, 36 V/cm. Il est donc nécessaire de réduire le champ électrique à
1, 76 V/cm (cf fig.II.17) pour les mettre en résonance comme illustré sur la figure II.23.
Cette transition, qui correspond à Δm = −1, est sensible à la composante σ− du champ
radiofréquence. L’optimisation de la polarisation consiste à changer la phase et l’amplitude
des signaux envoyés sur les électrodes pour réduire la pulsation de Rabi de la transition
|2〉 → |1′〉.

Pour mesurer la pureté de la polarisation, nous devons aussi mesurer l’amplitude de
la composante σ+. Pour cela, après l’excitation optique, on aligne le champ électrique
selon la direction (−Oz) au lieu de la direction (Oz). Par rapport à l’axe de quantifica-
tion, le niveau |2〉 est alors le niveau |52, n1 = 1, m = −2〉 et le niveau |1′〉 est le niveau
|52, n1 = 3, m = −1〉. La transition est donc sensible à la composante σ+ de la radio-
fréquence. On voit donc que selon la direction du champ électrique, le système à deux
niveaux est couplé à la composante σ+ ou σ− de la radiofréquence. Pour plus de clarté,
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Figure II.23 – Mise en résonance de la radiofréquence avec un système à deux ni-
veaux. (a) A 2, 36V/cm, la radiofréquence est résonante avec les niveaux du spin J1.
(b) En réduisant le champ à 1, 75V/cm, le système à deux niveaux |52, n1 = 1, m = 2〉 et
|52, n1 = 3, m = 1〉, noté désormais |2〉 et |1′〉, devient résonant avec la radiofréquence. Le
couplage peut être étudié par spectroscopie micro-onde vers la multiplicité n = 51 vers
l’un des niveaux indiqués.

nous parlerons de champ positif lorsque le champ électrique est selon (Oz) et de champ
négatif pour un champ électrique selon (−Oz).

Réglage de la polarisation Avec quatre électrodes, plusieurs procédures peuvent être
suivies pour optimiser la polarisation du champ radiofréquence. Nous avons opté pour la
méthode suivante :

i. On mesure l’effet du champ radiofréquence créé par chaque électrode sur la tran-
sition |2〉 → |1′〉 en champ positif et négatif pour connaître l’amplitude des deux
composantes σ+ et σ− ;

ii. Les électrodes opposées ({1, 3} et {2, 4} sur la figure II.4) sont réglées en opposition
de phase pour maximiser le champ linéaire créé par chaque paire ;

iii. les amplitudes de ces deux champs sont égalisées ;
iv. les phases de ces champs sont optimisées pour mettre en quadrature ces deux pola-

risations linéaires de façon à produire un champ tournant polarisé σ+.
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i. Mesures individuelles des électrodes
Chaque électrode génère individuellement un champ polarisé linéairement, aligné sur

l’axe définit par le barycentre de l’électrode et le centre de la cavité. Cette polarisation
linéaire se décompose en deux polarisations σ+ et σ−. A 1, 76 V/cm, la radiofréquence
habille la transition |2〉 → |1′〉 résonante à 230 MHz (cf fig.II.23b). Dans le référentiel de
l’atome habillé par la radiofréquence, la dégénérescence est levée pour donner lieu à des
états propres |+〉 et |−〉 et définis par

|±〉 = 1√
2

(|2〉 ± |1′〉) (II.11)

Ces niveaux sont séparés d’une énergie �Ω−
21 (resp. �Ω+

21) proportionnelle à l’amplitude
σ− (resp. σ+) du champ radiofréquence si le champ électrique est positif (resp. négatif).
Pour mesurer l’écart entre les états habillés, on réalise une spectroscopie micro-onde au-
tour du niveau |2〉 en présence de radiofréquence. Cette mesure est faite vers un niveau
auxiliaire |51, n1 = 0, m = 3〉 de la multiplicité n = 51 qui est insensible à la présence de
la radiofréquence. Autour de la fréquence de la transition |51, n1 = 0, m = 3〉 → |2〉 ap-
paraissent deux résonances séparées de Ω±

21 selon que la mesure est faite en champ positif
ou négatif (fig.II.24). L’asymétrie entre champ positif et négatif, que met en évidence la
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Figure II.24 – Spectroscopie micro-onde des niveaux de la transition |2〉 → |1′〉 habillée
par la radiofréquence générée par l’électrode 4, pour une amplitude de radiofréquence de
U4,pp = 576 mV. (a) En champ positif. On mesure Ω−

21 = 2π · 6, 1 MHz. (b) En champ
négatif. On mesure Ω+

21 = 2π · 5, 4 MHz. Dans l’idéal, on s’attendrait à des fréquences de
Rabi identiques pour les deux composantes.

différence entre ces deux fréquences de Rabi, souligne la complexité de la génération du
champ radiofréquence par les électrodes : des couplages asymétriques entre une électrode
et ses voisines peuvent conduire à une polarisation elliptique et donc à une différence entre
les composantes σ+ et σ−.
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La spectroscopie est répétée pour chaque électrode. Les pulsations de Rabi Ω−
21 et Ω+

21
mesurées pour une électrode sont proportionnelles à l’amplitude du champ radiofréquence
qu’on lui applique, elle-même proportionnelle à l’amplitude que l’on mesure sur l’oscil-
loscope Upp. Par cette mesure, nous connaissons pour chaque électrode et pour chaque
composante le coefficient de proportionnalité entre la fréquence de Rabi et l’amplitude
mesurée à l’oscilloscope (tableau II.1).

Electrodes 1 2 3 4
Champ positif 8,47 10,36 12,57 10,52
Champ négatif 9,62 9,24 14,22 9,42

Table II.1 – Fréquences de Rabi Ω−
21/2π et Ω+

21/2π rapportées à l’amplitude de la radio-
fréquence mesurée sur l’oscilloscope pour chacune des électrodes (en MHz/Vpp).

ii. Optimisation de la polarisation linéaire de deux électrodes opposées

Deux électrodes opposées créent a priori un champ radiofréquence linéaire dans la même
direction mais de sens opposé. Si les champs sont en opposition de phase, les électrodes
agissent de façon constructive et génèrent un champ plus grand que celui d’une électrode
individuelle. Pour une homogénéité optimale du champ radiofréquence, nous avons choisi
d’imposer que les champs créés individuellement par chaque électrode de la paire aient
la même amplitude. Connaissant le rapport entre l’amplitude du signal sur l’oscilloscope
Upp et l’intensité du champ créé par l’électrode au niveau des atomes, on utilise le signal
de l’oscilloscope pour régler la puissance envoyée sur chaque électrode de sorte qu’elles
créent des champs de même amplitude. Dans toute la suite des réglages, ces ratios seront
toujours respectés.

En faisant varier la phase de l’une des électrodes de la paire, le champ radiofréquence
reste polarisé linéairement mais il est de plus au moins grande intensité selon que les
champs générés par les électrodes interfèrent destructivement ou constructivement. Cette
polarisation linéaire se décompose toujours en une composante σ+ et une composante
σ− que nous avons mesurées pour différentes phases relatives entre les électrodes de la
paire (fig.II.25). La phase pour laquelle les champs radiofréquences de chaque électrode
sont en phase est la même pour un champ électrique positif ou négatif. Par contre, la
fréquence de Rabi maximale que l’on peut atteindre n’est pas la même dans les deux cas :
comme nous le suggère le tableau II.1, le champ total n’est pas parfaitement linéaire.

iii. Égalisation de l’amplitude des deux champs polarisés linéairement

Pour annuler la polarisation σ−, il est absolument nécessaire que chacune des paires d’élec-
trodes crée un champ d’égale amplitude. La puissance du signal appliqué aux électrodes
{2, 4} est diminuée pour que le champ radiofréquence créé par cette paire soit, en champ
positif, égale à celui créé par la paire {1, 3}. Nous vérifions le réglage en mesurant les
pulsations de Rabi Ω−

21 de chaque paire (fig.II.26).
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Figure II.25 – Optimisation de la polarisation linéaire de deux électrodes qui sont l’une
en face de l’autre, en champ positif (points noirs) ou négatif (points rouges). (a) Fré-
quence de Rabi du champ créé par la paire d’électrode {1, 3} rapportée à l’amplitude
U1,pp. (b) Fréquence de Rabi du champ créé par la paire d’électrode {2, 4} rapportée
à l’amplitude U2,pp. Les lignes représentent des ajustements des mesures par la fonction
f(φ) = A| sin (φ − φ0)|.
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Figure II.26 – Égalisation des fréquences de Rabi des paires d’électrodes {1, 3} et {2, 4}
en champ positif. La puissance de la paire {2, 4} est ajustée pour que l’écart entre les
résonances soit identiques à celui de la paire {1, 3}. Les spectroscopies sont toujours
réalisées vers le niveau auxiliaire |51, n1 = 0, m = 3〉.

iv. Optimisation de la polarisation et mesure de Ω−
21
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Dès lors, il ne reste plus qu’à optimiser la phase entre les deux paires d’électrodes pour
minimiser Ω−

21. Mais la résolution de la spectroscopique micro-onde des états habillés est
limitée par la largeur des résonances, de l’ordre de 1 MHz. Pour cette phase d’optimisa-
tion, nous avons préféré une mesure temporelle de Ω−

21 à une mesure spectrale. Lorsque
la radiofréquence et la transition atomique sont résonantes, la fréquence de Rabi Ω−

21/2π
est la fréquence à laquelle s’opère les échanges d’énergie. La mesure consiste donc à me-
surer la population du niveau |2〉 pour différentes durées d’impulsion radiofréquence. La
mesure de la population du niveau |2〉 est faite par une sonde micro-onde. La sonde réa-
lise une impulsion π qui transfère un nombre maximal d’atomes vers le niveau auxiliaire
|51, n1 = 1, m = 2〉.

Lors de cette optimisation, la composante σ+ de la radiofréquence est très puissante.
Bien que non-résonante avec les transitions atomiques, elle habille quand même les tran-
sitions Δm = +1 et provoque des effets de déplacements lumineux sur les niveaux |2〉 et
|1′〉. Pour une amplitude de radiofréquence U1,pp de 440 mV, on mesure un déplacement
lumineux de 1, 6 MHz qui suffit à mettre hors-résonance la composante σ− de la transition
|2〉 → |1′〉. Pour la mettre à nouveau à résonance, le champ électrique statique doit être
réajusté. On le trouve expérimentalement en regardant sur une série de mesures l’évolu-
tion du contraste de l’oscillation de Rabi qui varie avec le désaccord effectif δ en présence
du déplacement lumineux en

C =

(
Ω−

21

)2

(
Ω−

21

)2
+ δ2

(II.12)

et qui est donc maximal à résonance. En même temps que le contraste augmente, la
fréquence des oscillations, qui vaut

√
Ω2 + δ2, diminue. C’est seulement à résonance que

la fréquence des oscillations est égale à la fréquence de Rabi et que la mesure peut être
faite. Dans cette configuration, nous avons mesuré l’oscillation de Rabi présentée sur la
courbe II.27a. On mesure une pulsation de Rabi Ω−

21 = 2π · 185 kHz.

Pureté de la polarisation Pour connaître la pureté du champ radiofréquence, il faut
d’abord mesurer la pulsation de Rabi de la composante σ+. Cette mesure est effectuée
en champ négatif. Cette fois-ci, la composante puissante est celle qui habille la transition
|2〉 → |1′〉 et que l’on veut mesurer. La composante σ−, beaucoup plus faible et non-
résonante, n’a pas d’effet sur les niveaux atomiques. La mesure de Ω+

21 consiste, comme
nous l’avions fait précédemment, à mesurer la pulsation de Rabi sur une spectroscopie
des états habillés. La mesure est faite vers le niveau auxiliaire |51, n1 = 2, m = 1〉. Les
deux résonances sont séparées d’une fréquence de 21, 8 MHz l’une de l’autre (fig.II.27b).
Sachant que les pulsations de Rabi Ω+ et Ω− sont respectivement proportionnelles aux
amplitudes du champ radiofréquence F +

rf et F −
rf , on calcul un taux de pureté en amplitude

de la polarisation (II.10) qui dépasse 99 %. Cette valeur est tout à fait cohérente avec les
simulations numériques du champ radiofréquence (fig.II.22a).

Pour certifier cette valeur, il convient de s’assurer que la mesure de Ω−
21/2π, qui vaut
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Figure II.27 – Mesures des fréquences de Rabi après optimisation complète de la po-
larisation. (a) Oscillation de Rabi temporelle sur la transition |2〉 → |1′〉, induite par
la composante σ− de la radiofréquence. La ligne continue (en rouge) est un ajustement
de l’oscillation avec un contraste en exponentielle décroissante. La fréquence de Rabi est
estimée à 185 kHz. (b) Mesure de la pulsation de Rabi Ω+

21. L’écart entre les résonances
du doublet d’Autler-Towns nous donne Ω+

21 = 2π · 21, 8 MHz.

seulement quelques centaines de kHz, est valable. En particulier, nous avons vérifié que
le champ électrique est suffisamment uniforme pour que la fréquence de la transition ato-
mique |2〉 → |1′〉 ne varie pas trop à cette échelle. Nous l’avons mesuré à différents instants,
par différence entre les transitions |51, n1 = 1, m = 2〉 → |1′〉 et |51, n1 = 1, m = 2〉 → |2〉.
Les variations restent inférieures à 100 kHz (fig.II.28). Nous avons aussi vérifié que le dé-
placement lumineux induit par la composante σ+ reste constant au cours du temps. On
mesure une grande homogénéité de la composante σ+ (variation de ∼ 80 kHz) qui conduit
à des variations du déplacement lumineux très inférieures à Ω−

21/2π (∼ 15 kHz).

Robustesse de la polarisation du champ radiofréquence L’optimisation de la po-
larisation a été effectué pour une valeur donnée de la puissance radiofréquence appliquée
sur les électrodes, correspondant à une certaine valeur Upp. Nous étudions ici la robustesse
de notre réglage avec l’amplitude de la radiofréquence. Comme nous l’espérons, la pulsa-
tion de Rabi Ω+

21 a un comportement linéaire avec l’amplitude mesurée Upp (fig.II.29a).
Nous avons aussi mesuré la pulsation de Rabi Ω−

21 pour différentes amplitudes radiofré-
quences. Les résultats sont présentés sur la figure II.29b. Nous n’observons pas de variation
nette de la pulsation de Rabi Ω−

21. Jusqu’à présent, tous les réglages ont été fait en sui-
vant rigoureusement la procédure décrite ici. Cela conduit à de très bons résultats mais
il est possible, à partir de cette situation déjà très favorable, d’effectuer une dernière op-
timisation en changeant manuellement les phases et amplitudes des électrodes autour du
point de fonctionnement, jusqu’à obtenir une situation encore plus optimale. Nous avons
procédé à ce dernier réglage pour une amplitude mesurée de U1,pp = 780 mV. Le point est
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Figure II.28 – Homogénéité de la fréquence de la transition |2〉 → |1′〉. La spectroscopie
micro-onde est faite à différents instants, en l’absence de radiofréquence. La dispersion
de la fréquence est de l’ordre de 80 kHz, en accord avec les mesures de compensation du
champ électrique.

indiqué sur la courbe II.29b en rouge. On atteint alors une pureté de la polarisation de
99, 5%.
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Figure II.29 – Robustesse de la polarisation avec l’amplitude radiofréquence. (a) Li-
néarité de la fréquence de Rabi Ω+

21/2π avec l’amplitude radiofréquence U1,pp mesurée
sur l’électrode 1. (b) Evolution de la fréquence de Rabi Ω−

21/2π avec l’amplitude radio-
fréquence U1,pp. La fréquence de Rabi est estimée par un ajustement numérique de la
première oscillation visible sur les courbes d’oscillations de Rabi temporelles. Les barres
d’erreurs sont calculées en faisant une estimation pessimiste de la fréquence en tenant
compte de toutes les oscillations accessibles. Le réglage des électrodes est celui issu de la
procédure d’optimisation. A partir de là, une optimisation a été faite « manuellement »
à une amplitude de 780 mV (point rouge) pour améliorer la polarisation. Ce réglage sera
utilisé pour la circularisation.
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Conclusion

Nous avons décrit dans ce chapitre l’ensemble du dispositif expérimental que nous
avons construit pour réaliser les expériences de manipulations cohérentes d’états de Ryd-
berg. Dans un environnement cryogénique bien contrôlé, le dispositif permet l’interaction
entre un atome et un champ radiofréquence polarisé σ+. Nous avons vu en outre comment
préparer optiquement ces atomes sur un état de Rydberg de faible m, point de départ
pour transférer l’atome sur l’état circulaire.

Suivant une procédure bien précise pour régler la polarisation du champ radiofré-
quence, nous avons obtenu et mesuré des puretés très satisfaisantes. Il convient de souli-
gner que tous les réglages de la polarisation ont été fait à une fréquence de 230, 0 MHz.
La changer impliquerait de reprendre toute la procédure. Les expériences qui suivent sont
par conséquent toutes réalisées avec une radiofréquence de fréquence fixe. C’est par le
contrôle du champ électrique que les transitions atomiques sont mises en résonance avec
la radiofréquence.
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Chapitre III

Préparation d’atomes de Rydberg
circulaires

Nous présentons dans ce chapitre la préparation d’états de Rydberg circulaires par
interaction avec un champ radiofréquence polarisé σ+. Nous ne nous intéresserons qu’à la
circularisation à proprement parler, c’est-à-dire la phase de transfert d’un état de faible
m vers l’état circulaire de la même multiplicité. L’état de faible m est accessible par
l’absorption de photons optiques via des processus standards (cf §II.1.3). Nous étudions
ici le transfert de moment cinétique entre le champ radiofréquence et l’atome de Rydberg
selon deux procédés : l’oscillation de Rabi et le passage adiabatique. Pour chacun d’eux,
nous décrirons le principe théorique et les résultats expérimentaux que nous avons obtenus
en les mettant en application dans notre dispositif expérimental.

III.1 Atome de Rydberg couplé à un champ radio-
fréquence : éléments de théorie

Parmi ces deux procédés, l’oscillation de Rabi est le plus simple à décrire et par
conséquent celui par lequel nous commencerons. Les équations que nous introduirons
seront un point de départ pour présenter dans un second temps le passage adiabatique.

III.1.1 Oscillations de Rabi dans un atome de Rydberg

Les mécanismes de l’oscillation de Rabi peuvent être illustrés sur l’exemple d’un atome
à deux niveaux. Nous la généraliserons ensuite à des systèmes de n niveaux équirépartis
avant de les appliquer au cas plus concret de l’atome de rubidium.

87
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III.1.1.a Oscillations de Rabi dans un atome à deux niveaux

Un atome à deux niveaux |g〉 et |e〉 séparés d’une énergie �ωat peut être formellement
identifié à un spin 1/2 en prenant pour états propres de l’opérateur de spin ŝz les états
|−〉z = |g〉 et |+〉z = |e〉. On définit alors les opérateurs de spin

ŝx = �

2

(
0 1
1 0

)
ŝy = �

2

(
0 −i
i 0

)
ŝz = �

2

(
1 0
0 −1

)
. (III.1)

Le Hamiltonien de l’atome dans la base {|e〉, |g〉} s’écrit

Ĥ0 = ωatŝz. (III.2)

Nous supposerons que le niveau |g〉 est un état de moment angulaire m et le niveau |e〉 de
moment angulaire m + 1. Le Hamiltonien d’interaction entre cet atome à deux niveaux et
un champ radiofréquence polarisé σ+ est donné par

V̂ (t) = �

2

(
0 ΩR

0 0

)
e−iωrf t + h.c. (III.3)

où ΩR est la pulsation de Rabi. L’élément de matrice 〈e|V̂ |g〉 traduit le fait que le champ
polarisé σ+ permet l’excitation de |g〉 vers |e〉 par l’absorption d’un photon. De même, le
terme hermitien conjugué correspond à la desexcitation du niveau |e〉 vers le niveau |g〉
par émission d’un photon.

L’atome peut être vu comme un oscillateur de pulsation propre ωat, excité par une
perturbation extérieure à la pulsation ωrf . Par analogie avec la mécanique classique, nous
continuons l’étude en passant dans le référentiel tournant à la fréquence ωrf/2π. Dans la
sphère de Bloch de l’atome à deux niveaux, cela revient à effectuer une rotation autour
de l’axe (Z) d’un angle Φ = ωrf t. Celle-ci est générée par la rotation

R̂(ωrf t) = e−iωrf tŝz/�. (III.4)

Dans ce référentiel tournant, l’expression du vecteur d’état ˜|ψ〉 = R̂†(ωrf t)|ψ〉 vérifie
l’équation de Schrödinger

i�
d

dt
˜|ψ〉 = Ĥsec

˜|ψ〉 avec Ĥsec = �

2

( −δ ΩR

ΩR δ

)
, (III.5)

où δ = ωrf − ωat est le désaccord de fréquence entre le champ électromagnétique et
l’atome. Remarquons qu’aucune approximation de champ tournant n’est nécessaire ici : le
Hamiltonien en référentiel tournant, appelé Hamiltonien séculaire Ĥsec, est rigoureusement
indépendant du temps. Le fait de coupler l’atome à un champ polarisé σ+ ne fait apparaitre
que des termes résonants. En effet, les deux procédés décrit par l’équation III.3 sont
résonants : l’atome absorbe un photon pour passer de |g〉 à |e〉 et en émet un pour passer
de |e〉 à |g〉.
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En se plaçant dans le référentiel tournant de la radiofréquence, on se ramène à un
Hamiltonien indépendant du temps. Dans ce référentiel, les états sont dits habillés par le
champ radiofréquence. L’évolution temporelle du vecteur d’état

∣∣∣ψ̃〉
est donnée grâce à

l’équation de Schrödinger par
∣∣∣ψ̃(t)

〉
= e−iĤsect/�

∣∣∣ψ̃(0)
〉
, (III.6)

où le Hamiltonien Ĥsec peut s’exprimer en fonction des opérateurs du moment cinétique
ŝ par

Ĥsec = −δŝz + ΩRŝx. (III.7)

L’état
∣∣∣ψ̃〉

est représenté sur la sphère de Bloch par le vecteur de Bloch U définit par les
coordonnées (Θ, Φ) (cf chapitre I). L’évolution de

∣∣∣ψ̃(t)
〉

s’interprète donc sur la sphère
de Bloch comme une rotation du vecteur de Bloch autour du vecteur rotation Ω de
composante

ΩX = ΩR ΩY = 0 ΩZ = −δ (III.8)

Le vecteur de Bloch U précesse autour de Ω avec une pulsation

Ω = ‖Ω‖ =
√

Ω2
R + δ2 (III.9)

Ce mouvement de précession induit une oscillation de la composante selon l’axe (Z)
du vecteur de Bloch. La projection du vecteur d’état sur les états |g〉 et |e〉 varie donc
sinusoïdalement au cours du temps avec une période Ω. Ces oscillations portent le nom
d’oscillations de Rabi. Un exemple est présenté sur la figure III.1, pour un état initial |g〉
et un désaccord δ �= 0. Le champ étant désaccordé, l’amplitude des oscillations est limitée
et le système reste avec une grande probabilité sur le niveau |g〉. Pour induire un transfert
de l’atome de |g〉 vers |e〉, il faut annuler le désaccord comme illustré sur la figure III.2.
Après une demi-période T1/2 = π/Ω, la probabilité de peupler le niveau excité est égale à
1.

Dans un système à deux niveaux, l’oscillation de Rabi permet donc de transférer
la population atomique d’un niveau à l’autre avec une efficacité de 100% à condition
d’annuler le désaccord δ et de régler la durée d’allumage du champ radiofréquence à la
demi-période de l’oscillation.

III.1.1.b Oscillations de Rabi de n niveaux équirépartis

Nous nous intéressons maintenant au cas d’un atome de Rydberg couplé à un champ
radiofréquence σ+. Le chapitre I nous a montré que l’évolution de l’état atomique se
restreint aux n niveaux de l’échelle de spin m2 constante. Nous supposerons que l’atome
est initialement peuplé sur un niveau m2 = j2 si bien que nous ne considérerons que les
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Figure III.1 – Oscillations de Rabi dans un système à deux niveaux pour un désaccord
ΩR/δ = tan (π/8) et un état initial |g〉. (a) Représentation de vecteur U sur la sphère de
Bloch qui précesse autour du vecteur rotation Ω. (b) Cette précession se traduit par une
oscillation de la population excitée P (e) de fréquence Ω. La période de Rabi T = 2π/Ω
est prise comme unité.
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Figure III.2 – Oscillations de Rabi dans un système à deux niveaux pour un désaccord
nul et un état initial |g〉. (a) Le vecteur Ω est aligné avec l’axe (X) de la sphère de Bloch
et le vecteur U décrit une rotation le long d’un méridien, passant d’un pôle à l’autre. (b)
L’amplitude de l’oscillation est dans ce cas maximale. L’oscillation conduit à un transfert
total da population de l’état |g〉 vers l’état |e〉.
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niveaux de l’échelle de spin m2 = j2 (cf fig.I.6). Dans la limite d’une échelle harmonique,
ces niveaux sont les n = 2j1 + 1 niveaux d’un spin Ĵ1 que nous avons décrit au chapitre I.
Pour simplifier les notations, les états de ce spin seront désormais notés à l’aide du nombre
quantique k = n2−n1 caractérisant l’excentricité de l’orbitale, où n1 et n2 sont les nombres
quantiques paraboliques. Le nombre quantique k varie donc de 0 pour l’état circulaire à
n − 1 pour l’état fondamental (fig.III.3). L’énergie des niveaux |k〉 est notée �ωk et,

� = � − 1 
� = � − 2 

� = � − 3 

� = 2 � = 1 
� = 0 

? = 0 

spin  @� 

? = 1 
? = 2 

? = � − 3 
? = � − 2 

? = � − 1 

Figure III.3 – Dénomination des niveaux du spin Ĵ1 considérés. Le nombre quantique
k est utilisé désormais pour caractériser les niveaux de l’échelle de spin considérée. Il est
défini comme étant la valeur propre du vecteur de Runge-Lenz réduit âz|n, n1, n2, ±〉 =
k�|n, n1, n2, ±〉 (cf annexe A).

puisqu’ils sont équirépartis, la fréquence de la transition entre deux niveaux successifs est
notée ωk − ωk+1 = ωat. L’Hamiltonien de l’atome isolé s’écrit

Ĥ0 =

⎛
⎜⎜⎜⎜⎝
�ω0 0 0
0 �ω1

. . .
�ωn−1

⎞
⎟⎟⎟⎟⎠ . (III.10)

L’expression du Hamiltonien d’interaction du moment cinétique Ĵ1 avec un champ radio-
fréquence est de la forme (I.60)

V̂ (r̂, t) = V̂ e−iωrf t + h.c., (III.11)

avec V̂ qui se met sous la forme

V̂ =

⎛
⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

0 V1 0 . . . 0
0 V2

. . . ...
... . . . . . . 0

Vn−1
0 . . . 0

⎞
⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠

, (III.12)

et les éléments de matrice Vk qui valent

Vk = 〈k|V̂ |k + 1〉 = 3
2na0qFrf

√
(n − k − 1)(k + 1). (III.13)
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En introduisant la pulsation de Rabi ΩR par �ΩR = 3na0qFrf , le couplage entre deux
niveaux s’écrit simplement

Vk = �ΩR

2
√

(n − k − 1)(k + 1). (III.14)

Le Hamiltonien total dépend du temps. Pour s’en affranchir, nous nous plaçons dans
le référentiel tournant de la radiofréquence. Chaque vecteur |k〉 de la base voit sa phase
tourner à la vitesse −kωatt. Pour changer de référentiel, on ajoute à chaque composante
une phase kωrf t, ce qui correspond exactement à l’action de l’opérateur rotation R̂(Θ =
0, Φ = ωrf t), où Θ et Φ sont les angles des coordonnées sphériques de la sphère de Bloch
(introduits au §I.1.3.b). Si le vecteur d’état |ψ(t)〉 se décompose sur la base {|k〉} en

|ψ(t)〉 =
n∑

k=0
ck(t)|k〉, (III.15)

alors le vecteur d’état
∣∣∣ψ̃(t)

〉
dans le référentiel tournant s’écrit

∣∣∣ψ̃(t)
〉

=
n∑

k=0
c̃k(t)|k〉 =

n∑
k=0

ck(t)e−ikωrf t|k〉. (III.16)

L’équation de Schrödinger dans le nouveau référentiel, projetée sur la composante |k = p〉,
conduit à une équation différentielle sur le coefficient c̃p(t)

i�
dc̃p(t)

dt
=

∑
k

〈p|Ĥ|k〉c̃k(t)ei(k−p)ωrf t + �pωrf c̃p(t). (III.17)

Le vecteur |k〉 est vecteur propre de l’Hamiltonien H0, qui ne couple donc que l’état |p〉.
De plus, l’état |p〉 est couplé à l’état |p + 1〉 par l’opérateur V̂ et à l’état |p − 1〉 par
l’opérateur V̂ †. L’équation différentielle se résume donc à

i�
dc̃p(t)

dt
= �δpc̃p(t) + 〈p|V̂ e−iωrf t|p + 1〉c̃p+1(t)eiωrf t

+ 〈p|V̂ †eiωrf t|p − 1〉c̃p−1(t)e−iωrf t

, (III.18)

ce qui prend la forme

i�
dc̃p(t)

dt
= �δpc̃p(t) + 〈p|V̂ |p + 1〉c̃p+1(t) + 〈p|V̂ †|p − 1〉c̃p−1(t), (III.19)

avec δp = p(ωrf − ωat). On généralise ainsi à un atome à n niveaux l’expression du Hamil-
tonien séculaire indépendant du temps

Ĥsec =

⎛
⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

�δ0 V1 0 0 . . . 0
V1 �δ1 V2 0 ...
0 V2 �δ2

. . .
0 . . . . . . 0

... Vn−1
0 . . . 0 Vn−1 �δn−1

⎞
⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠

. (III.20)
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Bien que dans un espace de plus grande dimension, le comportement de l’atome à n
niveaux est très similaire à celui de l’atome à deux niveaux. En effet, Ĥsec s’écrit toujours
comme une combinaison linéaire des opérateurs moments cinétiques Ĵz et Ĵx à travers
l’expression

Ĥsec = −δĴz + ΩRĴx. (III.21)
Dans le référentiel tournant, l’évolution temporelle est donc décrite par une rotation au-
tour du même vecteur de rotation Ω que décrit pour l’atome à deux niveaux. Puisque
le champ radiofréquence fait précesser le spin Ĵ autour du vecteur Ω, on observe aussi
des oscillations de Rabi. L’amplitude de ces oscillations dépend du désaccord δ. A ré-
sonance, l’amplitude est maximale et l’état du système, partant du niveau fondamental
|k = n − 1〉, atteint après une demi-période l’état d’énergie maximale |k = 0〉. L’évolution
depuis l’état |k = n − 1〉, donné par

Û(t)|k = n − 1〉 = exp
(

i
δt

�
Ĵz − i

ΩRt

�
Ĵx

)
|k = n − 1〉, (III.22)

n’est autre qu’une rotation globale de l’état sur la sphère de Bloch, si bien que l’état
Û(t)|k = n − 1〉 est en fait un état cohérent de spin |Θ, Φ〉.

La figure III.4 présente l’oscillation de Rabi d’un spin couplé à un champ radiofré-
quence résonant pour le spin initialement dans l’état |k = n − 1〉. Nous y avons tracé
les probabilités d’occupation de plusieurs niveaux en fonction de la durée de l’impulsion
radiofréquence. A mesure qu’on injecte la radiofréquence, le spin tourne : le niveau ini-
tial |k = n − 1〉 se dépeuple tout d’abord au profit des niveaux voisins |k = n − 2〉 et
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Figure III.4 – Simulations numériques d’une oscillation de Rabi d’un spin à n = 51 ni-
veaux. L’oscillation commence du niveau |k = n − 1〉 (orange). Sont représentés, par ordre
de peuplement, les niveaux |k = n − 2〉 (bleu), |k = n − 3〉 (magenta), |k = (n − 1)/2〉
(marron), |k = 2〉 (vert), |k = 1〉 (rouge) et |k = 0〉 (noir). Au bout d’une demi-oscillation
(t = π/ΩR), le spin a été transféré dans l’état |k = 0〉.
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|k = n − 3〉. Le spin continue sa rotation et finit par atteindre le pôle opposé de la sphère
de Bloch. Il peuple alors les états |k = 2〉, |k = 1〉 puis l’état |k = 0〉 après une durée qui
est égale à la demi-période de Rabi. A tout instant, le spin est dans un état cohérent,
superposition d’états |k〉 (cf fig.I.11).

III.1.1.c Oscillations de Rabi dans un atome de rubidium

La situation est plus complexe dans le rubidium. Le défaut quantique introduit une
forte anharmonicité qui modifie le spectre des niveaux de faible m (cf §I.2.2.b). Pour
plus de clarté dans la description de l’atome de rubidium, nous utiliserons la notation
|k〉, qui commencent à k = 0 pour le niveau circulaire, pour les niveaux qui conservent
un comportement hydrogénoïde ou la notation |m〉, qui compte les niveaux dans l’autre
sens, pour les niveaux ayant un défaut quantique important. Les valeurs des différentes
transitions sont représentée sur la figure III.5 pour la multiplicité n = 51. Au-delà de
m = 3, les niveaux se comportent comme ceux d’un spin, ce qui n’est pas le cas des ni-
veaux |m = 0〉, |m = 1〉 et |m = 2〉. La fréquence de la transition |m = 2〉 → |m = 3〉 est
cependant peu différente des fréquences des transitions hydrogénoïdes. Pour un champ
électrique de 2, 35 V/cm où les transitions hydrogénoïdes sont à 230 MHz, cette transi-
tion n’est désaccordée que de 3 MHz, ce qui peut être raisonnablement compensé par un
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Figure III.5 – Simulations numériques des transitions Δm = ±1 des niveaux couplés
par le champ radiofréquence dans le rubidium. Au-delà de m = 5, les transitions restent
dégénérées et ne sont plus représentées. Les expériences seront réalisées à 2, 35 V/cm
lorsque les fréquences des transitions hydrogénoïdes valent 230 MHz.
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couplage important. Cela justifie que l’on parte du niveau |m = 2〉 pour réaliser la circu-
larisation. Une autre source d’anharmonicité est l’effet Stark quadratique différentiel qui
lève la dégénérescence entre les transitions considérées. Au champ de 2, 35 V/cm, chaque
transition est modifiée de 14 kHz. Au total, la première transition |m = 2〉 → |m = 3〉
et la dernière |k = 1〉 → |k = 0〉 sont désaccordées de 700 kHz. L’effet reste cependant
minime devant l’effet du défaut quantique.

Pour réaliser une oscillation de Rabi dans le rubidium, il faut donc partir du niveau
|m = 2〉 plutôt que du niveau |m = 0〉. Il est légitime de se demander comment se passe
une telle oscillation, et en particulier quel sera l’état peuplé après une demi-oscillation.
Pour déterminer l’effet précis de l’absence de deux niveaux (le niveau |m = 0〉 et le niveau
|m = 1〉) dans une oscillation de Rabi, nous avons intégré les équations d’un spin idéal (cf
fig.III.6). Le cas idéal discuté au paragraphe III.1.1.b d’une oscillation commençant dans
l’état fondamental |m = 0〉 est présenté sur la figure III.6a. La figure III.6b montre une
oscillation de Rabi avec pour état initial l’état |m = 2〉. Enfin, la figure III.6c montre une
oscillation de Rabi partant du même niveau |m = 2〉 en l’absence de couplage entre ce
niveau et le niveau |m = 1〉. La première oscillation transfère l’atome de l’état |m = 0〉
à l’état circulaire |k = 0〉. La deuxième oscillation transfère l’atome de l’état |m = 2〉 à
l’état |k = 2〉. Si l’on supprime le couplage vers l’état |m = 1〉, l’état |m = 2〉 devient
l’état fondamental d’une échelle quasi-harmonique et l’oscillation de Rabi transfère alors
la population de ce niveau vers l’état circulaire |k = 0〉.
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Figure III.6 – Exemples d’oscillations de Rabi dans un spin. (a) Oscillation depuis son
niveau fondamental |k = n − 1〉. (b) Oscillation depuis le niveau |k = n − 3〉. (c) Os-
cillation depuis le niveau |k = n − 3〉 lorsque l’élément de matrice de la transition
|k = n − 3〉 → |k = n − 2〉 est nul.

On remarque cependant que le transfert de population n’est pas total dans ce cas de
figure. En effet, les éléments de matrice de cette nouvelle échelle ne sont pas exactement
ceux d’un spin et on ne peut en fait plus décrire les niveaux atomiques par un moment
cinétique. Le transfert est donc possible mais il n’est pas total. C’est pour cette raison
que nous avons envisagé une autre méthode de préparation, le passage adiabatique.
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III.1.2 Passage adiabatique dans un atome

L’oscillation de Rabi n’est pas nécessairement la manipulation la plus adaptée pour
modifier l’état atomique lorsqu’on s’éloigne du modèle du spin. Une solution pour cir-
culariser les atomes de rubidium, utilisée jusqu’alors par le groupe dans les expériences
d’électrodynamique en cavité, consiste à réaliser le transfert depuis le niveau |m = 2〉 vers
le niveau circulaire par un passage adiabatique. Cette notion désigne l’évolution adiaba-
tique d’un état propre vers un autre état propre du système sous l’effet d’une perturbation.
L’idée du passage adiabatique est d’introduire une perturbation dépendante du temps qui
modifie progressivement l’expression des états propres. Le système suit le même niveau
énergétique - d’où le terme d’adiabaticité - mais celui-ci varie lentement, faisant évoluer
le système vers un autre état que l’état initial.

III.1.2.a Passage adiabatique pour un atome à deux niveaux

Reprenons l’exemple de l’atome à deux niveaux. En présence de couplage, les états
propres de l’atome habillé désignés par |±〉 s’écrivent

|+, Θ〉 = sin
(

Θ
2

)
|g, N〉 + cos

(
Θ
2

)
|e, N − 1〉 (III.23)

|−, Θ〉 = − cos
(

Θ
2

)
|g, N〉 + sin

(
Θ
2

)
|e, N − 1〉, (III.24)

où l’angle 0 ≤ Θ < π est défini par tan Θ = ΩR/δ. Ils possèdent une énergie

E± = ±�Ω = ±�

√
Ω2

R + δ2. (III.25)

Sur le diagramme III.7 sont représentées les énergies propres en l’absence et en présence
de couplage radiofréquence. A fort désaccord, la radiofréquence ne modifie pas les niveaux
énergétiques. A résonance, le couplage lève la dégénérescence des états habillés. Les ni-
veaux sont alors espacés d’une énergie �ΩR. Lorsque l’on fait varier le désaccord δ en
présence de couplage, les états propres |±, Θ〉 s’évitent : on parle d’anti-croisement. Un
passage adiabatique consiste à tirer profit de cet anti-croisement pour passer de l’état
|g, N〉 à l’état |e, N − 1〉. On peut le décrire en trois étapes :

– A grand désaccord δ négatif, on augmente lentement le couplage. Le niveau |g, N〉
devient progressivement le niveau |−, Θ〉.

– A couplage constant, on varie le désaccord. Le système reste sur le niveau |−, Θ〉
pendant toute cette phase.

– A grand désaccord δ positif, on éteint lentement le couplage pour que le niveau
|−, Θ〉 devienne progressivement le niveau |e, N − 1〉.

A la fin du passage adiabatique, l’atome est passé de l’état |g〉 à l’état |e〉. Si l’on isole
le système à un instant donné d’une de ces étapes, celui-ci sera sur un état propre de
l’Hamiltonien séculaire. En pratique, on change le désaccord en faisant varier le champ
électrique : le Hamiltonien varie donc dans le temps.
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Figure III.7 – Energies des états habillés en fonction du désaccord δ pour un atome à
deux niveaux. Les énergies sont représentées en référence à l’état |e, N − 1〉. Sans couplage,
les niveaux se croisent à résonance (niveaux en noir). Le couplage radiofréquence lève la
dégénérescence des niveaux à résonance (niveaux en rouge).

Phase de variation du désaccord Pendant cette phase, l’ajout d’une perturbation
dépendante du temps, à savoir la variation de δ, modifie le Hamiltonien total. La descrip-
tion en terme d’états habillés |±〉 ne reste valable que si cette perturbation introduit une
énergie très faible devant la différence d’énergie entre les niveaux. Dans ce cas, le système
suit l’anti-croisement : il reste sur le même niveau d’énergie pendant la transformation,
on parle alors d’approximation adiabatique. La question de l’évolution d’un tel système a
été initialement soulevée dans le cadre des collisions moléculaires inélastiques et porte le
nom d’effet Landau-Zener [105, 106]. Celui-ci a été qualitativement étudié dans le cadre
des atomes de Rydberg en champ électrique par Rubbmark et al. [107]. Dans le cas qui
nous intéresse ici d’une variation linéaire du désaccord avec le temps, la probabilité de
transférer un atome vers le niveau |+, Θ〉 au cours du processus est donnée par

P|−〉→|+〉 = exp
(

−2π
�

2Ω2
R/4

hdE/dt

)
. (III.26)

La variation d’énergie lorsque le désaccord change s’écrit dE/dt = �dδ/dt. La probabilité
de manquer l’anti-croisement sera faible si

dδ

dt
� Ω2

R. (III.27)

D’un point de vue géométrique, le passage adiabatique correspond à la précession du
vecteur de Bloch U autour du vecteur rotation Ω, qui réalise lui-même une rotation
d’un pôle à l’autre de la sphère de Bloch. La trajectoire de U au cours de l’évolution
est représentée sur la figure III.8. Le transfert sera grand si U précesse vite devant la
variation du vecteur Ω, ce qui permet de retrouver la condition (III.27).
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Figure III.8 – Représentation qualitative sur la sphère de Bloch du passage adiabatique.
La condition d’adiabaticité peut aussi s’interpréter géométriquement : la vitesse de rota-
tion de Ω doit être lente devant la vitesse de précession du vecteur de Bloch U . Cette
dernière est maximale lorsque Ω est selon l’axe (Ox) et donc δ = 0. La vitesse de préces-
sion est donnée par ΩR, et l’angle du vecteur de Bloch varie de 2πdδ/ΩR en une durée dt.
On retrouve ainsi une condition d’adiabaticité similaire Ω2

R � 2πdδ/dt.

Phases de variation du couplage radiofréquence Lors de la phase d’allumage de
la radiofréquence, on souhaite que le niveau |g, N〉 se branche sur le niveau |−, Θ〉. Pour la
phase d’extinction, c’est le niveau |−, Θ〉 qui doit se brancher sur le niveau |e, N − 1〉. Là
encore, le branchement n’est adiabatique qu’à condition que l’allumage et l’extinction de
la radiofréquence soit suffisamment lent devant un temps caractéristique du système, afin
que les états habillés soient toujours les états propres du système. Géométriquement, la
condition est toujours la même : la vitesse de précession doit être grande devant la vitesse
à laquelle tourne le vecteur rotation Ω. Cette phase s’effectue à grand désaccord, la vitesse
de précession est donc égale à δ. La vitesse de rotation du vecteur Ω vaut dΩR/δdt. On
en déduit la deuxième condition d’adiabaticité

dΩR

dt
 δ2. (III.28)

Le processus sera d’autant plus adiabatique que le désaccord sera grand et la vitesse
d’allumage ou d’extinction de la radiofréquence sera lente.
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III.1.2.b Passage adiabatique dans un système à n niveaux

L’étude des oscillations de Rabi pour un atome à n niveaux équirépartis fait apparaître
le Hamiltonien séculaire décrit à l’équation III.20. Ce Hamiltonien décrit encore le système
dans la base de l’atome habillé, et toute l’approche faite pour l’atome à deux niveaux reste
valable. La diagonalisation du Hamiltonien Ĥsec nous donne l’expression des énergies
propres du système, qui valent

Ep = −pΩ, −(p − 1)Ω, . . . , pΩ avec
{

p = n/2 si n est pair
p = (n + 1)/2 si n est impair. (III.29)

Les énergies propres sont tracées sur la figure III.9. La répulsion des états provoquent
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Figure III.9 – Energies propres de l’atome à n niveaux habillé par le champ radiofré-
quence. Les énergies sont tracées ici pour n = 10.

un anti-croisement des n niveaux considérés. Ceux-ci sont toujours équirépartis, avec une
distance minimale égale à ΩR à résonance. Si l’on fait varier le désaccord δ autour de la ré-
sonance, le niveau de plus basse énergie atomique se branche sur le niveau de plus grande
énergie, l’avant-dernier niveau de basse énergie se branche sur l’avant-dernier niveau de
plus haute énergie, etc. Partant du niveau |k = n − 1, N − 1〉, le passage adiabatique per-
met de transférer la population atomique vers le niveau circulaire |k = 0, N − n〉. Durant
le processus, l’atome absorbe 48 photons radiofréquences σ+ qui lui fournissent le moment
cinétique nécessaire pour atteindre le niveau circulaire.

L’atome finira dans l’état circulaire |k = 0〉 s’il suit le premier anticroisement. Il finira
dans l’état atomique |1〉 s’il rate le premier anti-croisement mais réussi le suivant, et ainsi
de suite. Ainsi, la probabilité Pk de finir sur le niveau |k〉 est égale à la probabilité de
manquer k anticroisement et d’en réussir 1, soit

Pk = P k(1 − P ), (III.30)

où P est la probabilité de manquer un anti-croisement. A résonance, chaque niveau est
séparé du suivant par une énergie �ΩR. La probabilité de manquer un anticroisement est
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donc donnée par la même expression que pour l’atome à deux niveaux

P = exp
(

−2π
�

2Ω2
R/4

hdE
dt

)
. (III.31)

L’état final sera l’état circulaire avec une probabilité 1−P et la condition d’adiabaticité est
celle énoncée pour l’atome à deux niveaux (III.27). De même, la condition sur l’allumage
et l’extinction de la radiofréquence reste identique à celle exprimée précédemment (III.28).

III.1.2.c Passage adiabatique dans le rubidium

Dans le rubidium, un grand nombre de niveaux conserve un comportement hydrogé-
noïde et se croise a priori au même champ électrique, comme décrit dans le paragraphe
précédent et illustré sur la figure III.10a. En réalité, l’effet Stark quadratique, que nous
n’avons pas pris en compte au chapitre précédent, apporte une légère correction à ce mo-
dèle et les niveaux se croisent en des champs électriques légèrement différents (fig.III.10b).
Parmi les niveaux sensibles au défaut quantique, seul le niveau |m = 2〉 a un comportement
quasi-hydrogénoïde. Les niveaux |m = 0〉 et |m = 1〉 sont décalés en énergie et croisent les
autres niveaux à un champ électrique plus grand. Par conséquent, il est plus intéressant
de décrire le passage adiabatique en champ décroisant qu’en champ croisant de façon à
éviter les croisements avec les niveaux m = 1 et m = 0. La circularisation par passage
adiabatique consiste donc à préparer l’état |m = 2〉, puis à faire varier le champ électrique
autour de 2, 35 V/cm dans le sens des champs décroissants.

Le passage adiabatique s’affranchit des irrégularités introduit par le défaut quantique
en permettant un couplage entre le niveau |m = 2〉 et le niveau circulaire via tous les
autre niveaux. Du défaut quantique du niveau |m = 2〉 ne reste que l’élément de matrice
de la transition |m = 2〉 → |m = 3〉 qui n’est pas exactement égal à l’élément de matrice
hydrogénoïde. L’écart n’est cependant que de 0, 4%, cela n’a donc pas d’influence sur le
passage adiabatique. L’autre avantage du passage adiabatique tel que nous le réalisons
est qu’il absorbe la non-harmonicité due à l’effet Stark quadratique. Dans le sens des
champs décroissants, l’anticroisement des niveaux |m = 2〉, |m = 3〉 a lieu avant celui des
niveaux |m = 3〉, |m = 4〉 et ainsi de suite (fig.III.10b). Ici, l’effet reste faible car les ordres
de grandeurs de l’effet Stark quadratique sont petits devant l’effet Stark linéaire. Pour
de nombres quantiques principaux plus faibles, l’effet peut être suffisant pour résoudre
les fréquences de résonance. Les premières techniques de circularisation s’appuyaient sur
cet effet pour réaliser, plutôt qu’un passage adiabatique géant, une somme de passages
adiabatiques individuels [54].
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Figure III.10 – Energies des états habillés par la radiofréquence dans la multiplicité
n = 51 du rubidium, avec un couplage nul. Les niveaux sont tracés en fonction du champ
électrique. (a) Vue d’ensemble sur les croisements. Les niveaux avec défaut quantique
sont représentés en couleur (bleu, vert et rouge pour les niveaux |m = 0〉, |m = 1〉 et
|m = 2〉. Exceptés les niveaux |m = 0〉 et |m = 1〉, tous les niveaux se croisent à un champ
électrique voisin de 2, 35 V/cm. (b) Agrandissement sur les croisements des niveaux autour
de 2, 35 V/cm (correspond au cadre sur la figure (a)). L’effet Stark quadratique décale
progressivement le croisement des niveaux. L’effet du défaut quantique du niveau |m = 2〉
est visible sur cet agrandissement.

III.2 Circularisation par passage adiabatique

Le passage adiabatique est plus adapté que l’oscillation de Rabi pour préparer des
atomes de Rydberg circulaires dans un atome de rubidium. Nous l’avons donc appliqué
dans notre dispositif et nous présentons ici les résultats expérimentaux que nous avons
obtenus. Nous décrirons aussi les outils que nous avons mis en place pour caractériser le
processus et déterminer les paramètres optimaux de la circularisation.

III.2.1 Premiers essais de circularisation

La méthode tradionnellement utilisée dans les expériences d’électrodynamique quan-
tique en cavité pour préparer des atomes circulaires dans la multiplicité n = 51 est de
réaliser la circularisation dans la multiplicité n = 52 et d’appliquer une impulsion micro-
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onde dite de purification pour transférer les atomes du niveau circulaire |52, k = 0〉 vers
le niveau circulaire |51, k = 0〉. De cette façon, les atomes qui n’ont pas atteints le niveau
circulaire lors du passage adiabatique restent dans la multiplicité n = 52 et on s’assure
ainsi que seul le niveau circulaire est peuplé dans la multiplicité d’intérêt n = 51. La
circularisation est donc réalisée ici dans la multiplicité n = 52.

III.2.1.a Séquence expérimentale d’un passage adiabatique

Toutes les séquences expérimentales, passage adiabatique ou non, commencent par
l’excitation optique des atomes par une impulsion laser de 1μs et se terminent par l’ioni-
sation des atomes dans le détecteur. Diverses impulsions micro-ondes ou radiofréquences
permettent de manipuler l’état de l’atome, dans un champ électrique contrôlé. Toutes les
manipulations ont lieu dans une fenêtre temporelle d’environ 30μs, mais les atomes ne
sont détectés qu’après 230μs de temps de vol. La majeure partie du temps, l’état ato-
mique n’est pas manipulé et les atomes ne font que traverser le dispositif expérimental.
Cette dernière phase n’est jamais intégrée aux séquences présentées.

La séquence « type » d’un passage adiabatique est présentée sur la figure III.11.
L’excitation optique par les lasers prépare les atomes sur le niveau |52f, m = 2〉. L’axe de
quantification est ensuite tourné en 1μs de 90 ◦ dans la direction verticale et orienté vers
le haut (cf §II.2.1). Le champ électrique statique reste alors constant pendant une durée
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Figure III.11 – Séquences de circularisation par passage adiabatique. Nous avons re-
présenté l’évolution temporelle (dans l’ordre) de l’impulsion laser, du champ électrique
vertical, du champ radiofréquence et de la micro-onde de sonde.



III.2. Circularisation par passage adiabatique 103

Δtrf pendant laquelle la radiofréquence est allumée. A cet instant, le champ électrique est
supérieur au champ résonant, de sorte que la transition atomique soit désaccordée avec
le champ radiofréquence avec un désaccord négatif. Le temps d’allumage Δtrf peut être
modifié afin de tester la condition d’adiabaticité (III.28). On décroît ensuite linéairement
le champ électrique pendant une durée ΔtE afin de faire varier la transition atomique
autour de la résonance. Si la seconde condition d’adiabaticité (III.27) est vérifiée, l’état
atomique suit l’anti-croisement. On peut aussi faire varier ΔtE pour tester cette condition.
La dernière étape consiste à maintenir le champ constant et désaccordé pendant la phase
d’extinction de la radiofréquence, avec un désaccord positif. Ici encore, la durée d’extinc-
tion peut être modifiée. Au cours de cette phase, le niveau habillé peuplé par le passage
adiabatique doit se brancher adiabatiquement sur le niveau circulaire |52, k = 0〉 et ainsi
terminer le processus. Dans le cas précis de ce chapitre où nous souhaitons caractériser le
processus de circulairsation, le champ électrique est augmenté à la valeur de 3, 84 V/cm
en fin de séquence pour accroitre les écarts entre les niveaux et faire des mesures par
spectroscopie.

III.2.1.b Signaux d’ionisation de la circularisation

Dans un premier temps, la séquence expérimentale est appliquée avec une durée
ΔtE = 9μs et une durée Δtrf = 1μs pour un champ électrique variant de 2, 49 V/cm
à 2, 19 V/cm, ce qui correspond à un effet Stark linéaire pour n = 52 de 248 MHz et
219 MHz. L’état atomique est analysé directement par le signal d’ionisation. Celui-ci est
mesuré pour différentes puissances du champ radiofréquence pour montrer l’évolution de
l’état atomique. Les résultats sont présentés sur la figure III.12a. Sans radiofréquence, les
atomes s’ionisent en un pic autour de 53 V/cm qui correspond donc au seuil du niveau
|52, m = 2〉. A mesure que la puissance de la radiofréquence augmente, ce pic d’ionisation
disparaît et un autre apparaît à un champ électrique de ∼ 95 V/cm, laissant une large
plage de champ électrique sur laquelle aucun atome ne s’ionise. En fait, l’ionisation des
niveaux Stark dans les atomes de Rydberg est un processus complexe qui fait intervenir
plusieurs effets en même temps [109, 110] : déplacement Stark des niveaux, effet Landau-
Zener, mélange des états paraboliques, etc.. Dans les multiplicités voisines de n = 52 dans
le rubidium, les niveaux s’ionisent sur une plage continue de champ électrique, sauf les
niveaux m ≤ 3 qui s’ionisent selon un processus différent pour un champ électrique nette-
ment plus faible, si bien qu’ils sont séparés des autres niveaux sur les signaux d’ionisation.

Plus on augmente la puissance du champ radiofréquence, plus les atomes s’ionisent
à un champ électrique élevé. Pour des puissances intermédiaires, le pic d’ionisation est
large témoignant que l’atome est sur un état cohérent de spin, superposition cohérente
de plusieurs états qui s’ionisent en des champs électriques différents. Finalement, le pic
d’ionisation s’affine et se stabilise : si l’on augmente encore la puissance, le signal reste
identique (courbes noire et verte). Il semble donc que l’atome soit dans l’état circulaire.
Notons que nous détectons alors environ 6 atomes dans l’état final et seulement 1,6 dans
le niveau initial |52, m = 2〉. Cette différence provient de l’efficacité du détecteur dont les
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Figure III.12 – Signaux d’ionisation de la circularisation par passage adiabatique et de
purification de l’état final. (a) Variation de l’état atomique avec l’amplitude du champ ra-
diofréquence U1,pp depuis l’état |52, m = 2〉. Le champ électrique d’ionisation est étalonné
à partir de la valeur d’ionisation de l’état circulaire, égale à 136 V/cm [108]. L’augmenta-
tion apparente du nombre d’atomes entre l’état initial et l’état final est due à l’efficacité
du détecteur qui a été optimisé pour le niveau circulaire. (b) Après circularisation dans la
multiplicité n = 52 (courbe noire), une impulsion de purification transfère les atomes vers
l’état |51, k = 0〉 (courbe rouge) ou vers l’état |50, k = 0〉 (courbe verte). La courbe bleue
présente le signal d’ionisation correspondant à deux impulsions successives qui transfèrent
en deux temps les atomes vers l’état |51, k = 0〉 puis vers l’état |50, k = 0〉.

paramètres - les tensions appliquées pour créer le champ électrique qui capte les électrons
- ont été optimisés pour le niveau circulaire. L’effet est accentué par le fait que les atomes
du niveau |52, m = 2〉, dont le temps de vie est faible devant celui du niveau circulaire,
ont plus de chance de se désexciter avant d’atteindre le détecteur. Ces effets seront pris
en compte par une efficacité de détection ηd entre le niveau |m = 2〉 et |k = 0〉.

Pour s’assurer de la présence d’atomes circulaires dans l’état final, nous avons appliqué
une impulsion de purification depuis l’état final, dans le cas où U1,pp = 250 mV, à la
fréquence de la transition |52, k = 0〉 → |51, k = 0〉 (transition micro-onde à un photon) ou
|52, k = 0〉 → |50, k = 0〉 (transition micro-onde à deux photons). Les signaux d’ionisation
sont présentés sur la figure III.12b. Les impulsions micro-ondes sont optimisées pour
réaliser une impulsion π qui transfère un nombre maximal d’atomes vers l’état final.
Malgré cela, on observe qu’un nombre conséquent d’atomes n’est pas transféré, de façon
sensiblement équivalente sur les deux signaux. Cela peut être attribué à l’efficacité de
l’impulsion π ou bien signifier que ces atomes ne sont pas des atomes circulaires et qu’ils
ne peuvent par conséquent pas être transférés par les impulsions micro-ondes. Sans pouvoir
encore le prouver, nous avons aussi mesuré à titre d’exemple le signal d’ionisation lorsqu’on
applique, après la purification vers le niveau |51, k = 0〉, une deuxième impulsion qui
transfère les atomes du niveau |51, k = 0〉 vers le niveau |50, k = 0〉. Le signal se superpose
quasiment parfaitement avec celui de la purification à deux photons. Aucun atome ne reste
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donc sur le niveau |51, k = 0〉, ce qui signifie que cette impulsion-là a une efficacité proche
de 100%. On peut raisonnablement en attendre autant des autres impulsions micro-ondes
et penser que les atomes non-transférés ne sont pas des atomes circulaires.

Il semble donc que le passage adiabatique que nous avons réalisé ne soit pas parfait.
Malheureusement, la détection par ionisation ne permet pas de résoudre les niveaux au
sein d’une multiplicité Stark et ne nous suffit pas pour caractériser l’efficacité de la circu-
larisation par passage adiabatique. Néanmoins, comme nous le montrent ces résultats, la
sélectivité de la micro-onde est un outil puissant pour analyser les états atomiques. Nous
avons donc mis en place une série de sondes micro-ondes pour mesurer individuellement
les niveaux Stark.

III.2.2 Caractérisation des sondes micro-ondes

L’objectif en utilisant des sondes micro-ondes est de mesurer l’efficacité de la circu-
larisation par passage adiabatique à travers la pureté P de l’état circulaire préparé. Les
sondes seront établies de façon à mesurer la probabilité d’occupation des niveaux de la
multiplicité n = 51. Nous pourrons ainsi caractériser et comparer la pureté d’une circu-
larisation effectuée dans la multiplicité n = 51 avec celle d’une circularisation dans la
multiplicité n = 52 suivie d’une impulsion de purification vers n = 51. La pureté de l’état
|51, k = 0〉 s’exprime comme

P = Pk=0∑
n1m Pn1m

, (III.32)

où Pn1m sont les probabilités d’occupation des niveaux |51, n1, m〉 de la multiplicité n = 51
et Pk=0 la probabilité d’occupation du niveau |51, k = 0〉.

III.2.2.a Principe des sondes

Le principe des sondes micro-ondes est de transférer la population d’un niveau spéci-
fique de la multiplicité Stark vers une autre multiplicité où l’on puisse le détecter, sans
que le signal d’ionisation ne soit perturbé par d’autres niveaux atomiques. Les signaux
présentés préalablement (cf fig.III.12) montrent qu’il est préférable de transférer les ato-
mes vers des multiplicités d’énergie plus faibles où aucun état n = 51 ne s’ionisent. Pour
résoudre le mieux possible les signaux d’ionisation, il est aussi préférable d’appliquer des
sondes micro-ondes à deux photons. Ces dernières ont par conséquent été dirigées sur la
multiplicité n = 49.

Il n’est heureusement pas utile de mesurer les n2 niveaux de la multiplicité. Le résidu
d’atomes visibles sur les signaux d’ionisation de la figure III.12b indiquent que seuls les
niveaux voisins du niveau circulaire sont probablement peuplés après le passage adiaba-
tique. Nous identifions deux limites principales dans le transfert des atomes vers le niveau
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circulaire : la pureté du champ radiofréquence et l’efficacité du passage adiabatique. Pour
la première, l’existence d’une composante σ− dans le champ radiofréquence engendrerait
une rotation du spin Ĵ2, indépendamment de la rotation du spin Ĵ1 puisque les deux
spins sont découplés. L’évolution d’un état cohérent autour de l’état de spin maximal
|j2, j2〉 étant quadratique et la polarisation de la radiofréquence très pure, nous pouvons
raisonnablement espérer que l’effet de la composante σ− sera très faible. Nous ne mesu-
rerons donc que les états |j2, j2〉 et |j2, j2 − 1〉. La deuxième limite concerne l’efficacité du
passage adiabatique. Le défaut de la première transition rend imparfait le transfert vers
l’état circulaire. D’autre part, les différentes étapes ne seront pas nécessairement parfaite-
ment adiabatiques et la probabilité P de manquer un anti-croisement peut être non nulle
(cf §III.31). Cependant, la probabilité de manquer k anticroisement diminue en P k. Nous
ne mesurerons donc que les deux derniers états avant le circulaire. Ces deux conditions
rassemblées, nous ne mesurerons que les cinq états présentés sur la figure III.13. Plus
plus de clarté, nous désignerons par un « ’ » les états de la deuxième diagonale et cette
notation s’appliquera aussi bien pour les états |k〉 que pour les états |m〉.

m=n-1 .   .   .   .   .   .    m=n-2 m=n-3 
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Figure III.13 – Présentation des sondes micro-ondes et des niveaux sondés. Les sondes
micro-ondes transfèrent sélectivement les atomes d’un niveau |51, ks〉 de la multiplicité
n = 51 vers la multiplicité n = 49 et seront appelées sonde ks en référence au niveau
qu’elles sondent.

Les sondes micro-ondes doivent être sélectives pour ne mesurer les niveaux qu’un
par un. C’est pour cette raison qu’elles sont effectuées à un champ électrique élevé de
3, 84 V/cm : plus l’effet Stark linéaire différentiel entre les niveaux est important, plus il
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est aisé de les résoudre spectralement. Les sondes seront donc optimisées à ce champ-là
de façon à réaliser une impulsion π, avec toute fois une durée qui nous garantissent leur
sélectivité. Dans ces conditions et contrairement aux impulsions micro-ondes appliquées
sur les niveaux circulaires au paragraphe III.2.1.b, ces sondes n’ont pas une efficacité
proche de 1. Pour que la mesure soit quantitative, il nous faut donc aussi connaitre
l’efficacité de nos sondes ηs. Déterminer cette efficacité avec précision est difficile. Il faut
pour cela préparer l’état sondé |51, ks〉 le plus pur possible et mesurer précisemment les
populations des niveaux |51, ks〉 et |49, ks〉. Heureusement, toute contamination de l’état
|51, ks〉 conduira à sur-estimer la population de cet état et donc à sous-estimer l’efficacité
de la sonde ηs. Pour le calcul de la pureté Pk de l’état circulaire, l’erreur commise pour
k �= 0 aura pour effet de sous-estimer la pureté du processus. Seules l’efficacité de la sonde
circulaire ne doit pas être sur-estimée. Pour chaque sonde, nous décrivons ici comment a
été préparé le niveau |51, ks〉 et estimé le taux de transfert. En pratique, l’efficacité des
sondes changent d’un jour à l’autre, elle est donc mesurée avant chaque mesure.

III.2.2.b Sondes k0, k1 et k2

La préparation des états |51, k = 0〉, |51, k = 1〉 et |51, k = 2〉 exploite les propriétés du
passage adiabatique : le i-ième niveau le moins énergétique se branche sur le i-ième niveau
le plus énergétique. Nous savons que le niveau |51, m = 2〉 se branche adiabatiquement
sur le niveau circulaire |51, k = 0〉. Par conséquent, le niveau |51, m = 3〉 se branche sur le
niveau |51, k = 1〉 et le niveau |51, m = 4〉 sur le niveau |51, k = 2〉. Le passage adiabatique
nous fournit donc un moyen d’atteindre les états de grand m à condition de pouvoir
préparer les états de faibles m. Or, tous ne sont pas accessibles par excitation optique.
Nous avons donc procédé par l’intermédiaire d’une transition micro-onde. L’excitation
optique prépare dans la multiplicité n = 52 l’état |52, m = 2〉 ou l’état |52, m = 3〉 et
une transition micro-onde de préparation transfère l’atome vers l’un des niveaux de la
multiplicité n = 51.

L’inconvénient de cette méthode est qu’on peuple transitoirement un état dans la
multiplicité n = 52. L’efficacité de la micro-onde de préparation étant limitée, des atomes
restent dans cette multiplicité après l’impulsion. Comme les conditions pour un passage
adiabatique dans les multiplicités n = 51 et n = 52 sont très proches, ces atomes risquent
d’être partiellement transférés lors du passage adiabatique. Cela provoquerait une répar-
tition non-controllée de ces atomes sur les niveaux de la multiplicité n = 52 et donc une
dégradation du rapport signal-sur-bruit des signaux d’ionsiation. Pour éviter ce transfert
incontrôllé, nous faisons un passage adiabatique qui transfère aussi bien les atomes de
chacune des deux multiplicités. De cette façon, les atomes n = 52 seront transférés ma-
joritairement vers un seul niveau de la multiplicité n = 52 qui ne s’ionisera qu’à un seuil
bien précis. En pratique, il suffit d’élargir la borne inférieure du champ électrique qui
varie donc ici entre 2, 47 V/cm (240 MHz d’effet Stark linéaire pour n = 51) et 2, 05 V/cm
(205 MHz d’effet Stark linéaire pour n = 52). La durée du passage adiabatique est allongée
à 4μs et la radiofréquence est allumée en 150μs. La transition micro-onde de préparation
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est effectuée à un champ plus faible de 1, 23 V/cm où les modes spaciaux de la micro-onde
nous offraient plus de puissance.

Sonde k0 Le niveau |51, k0〉 est préparé selon le mode opératoire décrit en figure III.14a.
La sonde circulaire doit résoudre les niveaux |51, k = 0〉 et |51, k = 2′〉 qui ne sont séparés
par effet Stark quadratique différentiel que de 250 kHz. L’impulsion dure donc 7μs. la
sonde est ensuite optimisée en ajustant la puissance pour réaliser une impulsion π (insert
dans la figure III.14b). Le taux de transfert n’atteint ici que η0 = 86%. Pour s’assurer
qu’on mesure bien ici l’efficacité de la sonde et non l’efficacité du passage adiabatique,
une impulsion plus courte est réalisée pour le même passage adiabatique : le taux de
transfert monte à 94%. Nous justifierons a posteriori que la différence de 8% entre ces deux
impulsions n’est pas due à un peuplement du niveau |51, k = 2′〉 mais bien à l’efficacité
de cette sonde. Les signaux d’ionisation avec ou sans la sonde circulaire sont présentés
sur la figure III.14b. On y distingue les deux pics d’ionisation des niveaux |51, k = 0〉
et |49, k = 0〉 ainsi que celui du niveau |52, k = 0〉, issu de la circularisation du résidu
d’atomes dans le niveau |52, m = 2〉.
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Figure III.14 – Réglage de la sonde circulaire. (a) Schéma de préparation du niveau
|51, k = 0〉. L’excitation optique prépare le niveau |52, m = 2〉. La micro-onde de prépa-
ration transfère les atomes vers le niveau |51, m = 2〉 par une transition Δm = 0 et le
passage adiabatique transfère les atomes sur le niveau |51, k = 0〉. Le résidu d’atomes sur
le niveau |52, m = 2〉 est transféré par le passage adiabatique sur le niveau |52, k = 0〉.
(b) Signaux d’ionisation avec (rouge) ou sans (noir) sonde. Les traits pointillés indiquent
les seuils d’ionisation des niveaux étiquettés. Le signal sans la sonde montre deux réso-
nances : l’un correspond à l’état |51, k = 0〉 et l’autre à l’état |52, k = 0〉 dû au résidu
d’atomes dans le niveau |52, m = 2〉. Avec la sonde, les atomes dans l’état |52, k = 0〉 ne
sont pas du tout transférés. L’oscillation de Rabi temporelle de la sonde est présentée
dans l’insert. La puissance de la micro-onde est réglée pour faire une impulsion π de du-
rée 7, 0μs. La deuxième oscillation montre que l’efficacité pourrait être meilleure avec une
impulsion plus courte.
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Sonde k1 Le niveau |51, k = 1〉 est préparé selon le mode opératoire décrit en fi-
gure III.15a. Cette sonde doit résoudre les transitions |51, k = 1〉 → |49, k = 1〉 et
|51, k = 0〉 → |49, k = 0〉, d’effet Stark linéaire différentiel 7, 4 MHz. L’oscillation de Rabi
est réglée pour une impulsion π à 1, 05μs qui résout ce désaccord. On mesure ici une
efficacité de transfert de η1 = 84% (insert fig.III.15b). Les signaux d’ionisations et les
différents seuils sont indiqués sur la figure III.15b. L’erreur de comptage due à l’ionisation
d’atomes du niveau |52, k = 0〉 au seuil du niveau |51, k = 1〉 a pour effet de surestimer la
population du niveau |51, k = 1〉 et nous fera donc sous-estimer l’efficacité de la sonde.
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Figure III.15 – Réglage de la sonde k1. (a) Schéma de préparation du niveau |51, k = 1〉.
L’excitation optique prépare le niveau |52, m = 2〉. La micro-onde de préparation transfère
les atomes vers le niveau |51, m = 3〉 par une transition Δm = 1. Enfin, le passage adia-
batique prépare le niveau |51, k = 1〉, en même temps qu’il transfère le résidu d’atomes
du niveau |52, m = 2〉 vers le niveau |52, k = 0〉. (b) Signaux d’ionisation avec (rouge) ou
sans (noir) sonde. Le signal sans la sonde ne montre qu’un pic car les seuils des niveaux
|51, k = 1〉 et |52, k = 0〉 sont presque confondus. Avec la sonde, les atomes dans l’état
|51, k = 1〉 sont transférés vers le niveau |49, k = 1〉. L’oscillation de Rabi temporelle de
la sonde (insert) montre qu’on réalise une impulsion π pour une durée de 1, 05μs.

Sonde k2 Le niveau |51, k = 2〉 est préparé selon le mode opératoire décrit en fi-
gure III.16a. Ne pouvant réaliser une transition Δm = 2 entre les niveaux |52, m = 2〉
et le niveau |51, m = 4〉, nous avons préparé optiquement le niveau |52, m = 3〉. Pour
cela, le champ électrique d’excitation est diminué à 0, 187 V/cm, où le niveau |52, m = 3〉
est résolu (cf fig.II.15), et la polarisation du laser L3 est changée. Le résidu d’atomes
après la micro-onde de préparation dans le niveau |52, m = 3〉 est transféré par passage
adiabatique sur le niveau |52, k = 1〉. Cette sonde doit permettre de résoudre le niveau
|51, k = 2〉 des autres niveaux (|51, k = 1〉, |51, k = 0〉). L’effet Stark linéaire différentiel
est le même que pour la sonde précédente, une impulsion courte sera donc adaptée. Le
réglage sur l’oscillation de Rabi conduit à une impulsion π de 1, 5μs pour une efficacité
de transfert de η2 = 78% (insert fig.III.16b). Les signaux d’ionisation sont présentés sur
la figure III.16b et sont similaires à ceux de la sonde k1.
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Figure III.16 – Réglage de la sonde k2. (a) Schéma de préparation du niveau |51, k = 2〉.
L’excitation optique prépare le niveau |52, m = 3〉. La micro-onde de préparation transfère
les atomes vers le niveau |51, m = 4〉 par une transition Δm = 1. Enfin, le passage adia-
batique prépare le niveau |51, k = 2〉, en même temps qu’il transfère le résidu d’atomes
du niveau |52, m = 3〉 vers le niveau |52, k = 1〉. (b) Signaux d’ionisation avec (rouge) ou
sans (noir) sonde. La préparation du niveau |52, m = 3〉 n’est pas optimiale et justifie la
diminution du nombre d’atomes. Le signal sans la sonde ne montre qu’une résonance car
les seuils des niveaux |51, k = 2〉 et |52, k = 1〉 sont presque confondus. Avec la sonde, les
atomes dans l’état |51, k = 2〉 sont transférés vers le niveau |49, k = 2〉. La puissance de
la micro-onde est réglée pour faire une impulsion π de 1, 5μs (insert).

III.2.2.c Sondes k1′ et k2′

Le principe de ces sondes est similaire aux précédentes sauf qu’on travaille sur les
niveaux de la deuxième diagonale. Le mode opératoire de la préparation du niveau
|51, k = 1′〉 est présenté sur la figure III.17. Tout d’abord, l’élément de matrice de la
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Figure III.17 – Schéma de préparation du niveau |51, k = 1′〉. L’excitation optique pré-
pare le niveau |52, m = 2〉. La micro-onde de préparation transfère les atomes vers le
niveau |51, m = 2′〉 par une transition Δm = 0. Enfin, le passage adiabatique prépare
le niveau |51, k = 1′〉. Le résidu d’atomes sur le niveau |52, m = 2〉 est transféré par le
passage adiabatique sur le niveau |52, k = 0〉.
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transition micro-onde de préparation est très faible et la majeure partie des atomes reste
sur le niveau |52, m = 2〉. D’autre part, notre passage adiabatique n’est pas aussi effi-
cace pour les niveaux de cette diagonale que pour ceux de la diagonale la plus basse. En
conséquence, le niveau |51, k = 2′〉 est aussi peuplé au terme du passage adiabatique. Les
niveaux sont donc contaminés l’un par l’autre. Pour mesurer les efficacités de détection,
nous avons pris plusieurs signaux d’ionisation en appliquant l’une ou/et l’autre des sondes
de façon à mesurer l’effet de chaque sonde sur les populations (fig.III.18c-b-c-d).

0 2 4 6
0

25

50

75

100

Tr
an

sf
er

t (
%

)

������ �	
�

(a)

120 140 160 180
0,0

0,5

1,0

1,5

� !� "#!$〉

N
om

br
e 

d'
at

om
es

������ ���
������� ���
��

� %� "#&〉

� !� "#%$〉

(c)

120 140 160 180

 

�(-� .& /〉

������ ���
������ ���
��

��)� .&'〉

�� � .&)/〉

(d)

0 2 4 6 8 10 12
0

25

50

75

100

Tr
an

sf
er

t (
%

)

������ �	
�

(b)

120 140 160 180
0,0

0,5

1,0

1,5

!"#� $%&'〉

N
om

br
e 

d'
at

om
es

������ �	
�����
� ������

!()� $%*〉

!"#� $%)'〉

(e)

120 140 160 180

 

!"#� �$%�〉

&'���� ����������� �()��


!*%� �$+〉

!*,� �$,�〉

(f)

Figure III.18 – Réglage de la sonde k′
1 et k2′ . (a) Oscillation de Rabi temporelle de la

sonde k1′ . La puissance de la micro-onde est réglée pour faire une impulsion π de durée
2, 55μs. (b) Oscillation de Rabi temporelle de la sonde k2′ . La puissance de la micro-
onde est réglée pour faire une impulsion π de durée 7μs. (c) Signal d’ionisation après le
passage adiabatique. Une majorité d’atomes occupent le niveau |52, k = 0〉 et une faible
proportion les niveaux |51, k = 1′〉 et |51, k = 2′〉. (d) Signal d’ionisation après application
de la sonde k1′ . (e) Signal d’ionisation après application des deux sondes micro-ondes k1′

et k2′ . (f) Signal d’ionisation après application de la sonde k2′ .
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Pour la sonde k1′ , une impulsion courte suffit pour résoudre les niveaux |51, k = 1′〉 et
|51, k = 0〉. L’oscillation de Rabi est réglée pour une impulsion π à 2, 5μs. L’efficacité de
transfert vaut ici η1′ = 68% (fig. III.18a). Pour la sonde k2′ , l’impulsion sera assez longue
pour résoudre l’effet Stark quadratique différentiel entre le niveau |51, k = 2′〉 et le niveau
circulaire |51, k = 0〉. Nous avons choisi une impulsion de durée 7μs (fig.III.18b). On lui
mesure une efficacité η2′ = 51%.

III.2.3 Analyse spectroscopique de la circularisation

Nous disposons maintenant de sondes micro-ondes étalonnées pour analyser la qualité
de la circularisation par passage adiabatique. Nous allons dans un premier temps étudié
la circularisation en elle-même en travaillant dans la multiplicité n = 51 pour observer
la répartition de la population au terme du passage adiabatique. Celui-ci est exécuté en
appliquant la séquence décrite à la figure III.11. Nous établirons les conditions optimales
pour faire un passage adiabatique en faisant varier les caractéristiques ΔtE et Δtrf du
passage adiabatique. Dans un deuxième temps, nous étudierons la circularisation suivie
d’une impulsion de purification et comparerons les résultats.

III.2.3.a Influence de la durée du passage adiabatique ΔtE

Les valeurs extrémales du champ électrique sont fixées à 2, 45 V/cm et 2, 24 V/cm,
ce qui correspond à des fréquences de la transition |51, k = 0〉 → |51, k = 1〉 de respecti-
vement 240 MHz et 219 MHz. Les durées d’allumage et d’extinction de la radiofréquence
Δtrf sont de 1μs pour s’assurer que l’on respecte la condition d’adiabaticité (III.28). Nous
avons testé trois vitesses de passage adiabatique différentes : ΔtE = 0, 5μs (fig.III.19a),
ΔtE = 1, 5μs (fig.III.19b) et ΔtE = 6μs (fig.III.19c).

Pour chaque intensité du champ radiofréquence, nous mesurons le nombre d’atomes
préparé dans le niveau |51, m = 2〉 dans une séquence dite de « normalisation » où l’on
n’applique pas de radiofréquence. On joue ensuite une deuxième séquence durant laquelle
a lieu le passage adiabatique, suivi d’une impulsion de sonde qui transfère un niveau
|51, ks〉 vers la multiplicité n = 49. On compte alors le nombre d’atomes dans l’état
|49, ks〉. Connaissant l’efficacité de la sonde ηs, on peut connaitre le nombre d’atomes
dans l’état |51, ks〉. On trace alors ce nombre d’atomes, normalisé par le nombre d’atomes
initialement dans le niveau |51, m = 2〉 et corrigé de l’efficacité de détection η = 0, 21 du
niveau |51, m = 2〉, paramètre que nous discuterons plus tard. La probabilité d’occupation
Pk du niveau |51, ks〉 est ainsi donnée par

Pk = #(49, ks)ηs

#(51, m = 2)η . (III.33)

On trace alors ces probabilités d’occupation en fonction de l’intensité du champ radio-
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fréquence. Celle-ci est déterminée expérimentalement en mesurant à l’oscilloscope l’am-
plitude de la radiofréquence U1,pp qui est proportionnelle à la fréquence de Rabi Ω+

21/2π
de la transition |2〉 → |1′〉 (cf fig.II.29a). Cette fréquence n’est cependant pas égale à la
vrai fréquence de Rabi du champ radiofréquence ΩR. Elle est néanmoins proportionnelle
puisque Ω+

21 est définie par

�Ω+
21

2 = 〈2|V̂ |1′〉 = qFrf〈2|ẑ|1′〉 (III.34)

et par définition �ΩR = 3nqa0Frf . On a donc la relation

Ω+
21 = 2

3na0
〈2|ẑ|1′〉ΩR. (III.35)

Le facteur de proportionnalité entre Ω+
21 et ΩR a été calculé numériquement et vaut 7, 63.

Ce facteur est utilisé pour tracer les probabilités d’occupation Pk en fonction de la fré-
quence de Rabi de la radiofréquence ΩR (fig.III.19).

On distingue deux phases sur ces trois courbes. Pendant la première, qui conserne les
faibles valeurs de ΩR, la population est transférée du niveau de départ |51, m = 2〉 vers le
niveau circulaire. Avant que ce dernier ne soit atteint, les états |51, k = 2〉 et |51, k = 1〉
se peuplent transitoirement. Tous deux se dépeuplent ensuite et la majeure partie de
la population est mesurée sur l’état |51, k = 0〉. L’intensité nécessaire pour atteindre le
niveau circulaire dépend comme on s’y attend de la vitesse du passage adiabatique : plus
le champ est varié rapidement, plus l’intensité doit être grande. Ces courbes s’interprètent
en terme de probabilité d’anti-croisements. En augmentant ΩR, les niveaux habillés |±〉
deviennent de plus en plus séparés en énergie et la probabilité de faire un anti-croisement
décroit. Pour des valeurs suffisantes de ΩR, le couplage est tel que le système finit avec une
grande probabilité dans l’état circulaire. Durant cette phase, les niveaux |51, k = 1′〉 et
|51, k = 2′〉 ne sont pas peuplés à l’exception du passage adiabatique de 6μs (cf fig.III.19c).
Pour les deux autres, nous en déduisons que le champ radiofréquence est très bien polarisé
et qu’aucune transition σ− n’est effectuée. Cela justifie a posteriori l’absence d’atomes
dans le niveau |51, k = 2′〉 dans l’étalonnage de la sonde du circulaire.

La deuxième phase s’observe pour les grandes valeurs de ΩR : la population du niveau
circulaire diminue au profit de la population du niveau |51, k = 1′〉 et même du niveau
|51, k = 2′〉 (cf fig.III.19a), preuve d’une augmentation de la composante σ− du champ
radiofréquence. Cette augmentation pourrait s’expliquer simplement par le fait que Ω−

est proportionnelle à ΩR. Cependant, les simulations prédisent dans ce cas une évolution
des populations plus lente que celle effectivement mesurée. L’augmentation rapide de la
composante σ− peut donc être imputée à une dégradation de la polarisation du champ
radiofréquence. En effet, le réglage de la polarisation a été fait à ΩR = 3, 5 MHz et n’est
plus optimal pour les grandes valeurs de ΩR.

Un effet similaire de dégradation de la polarisation s’observe sur la courbe III.19c
pour de très faibles valeurs de ΩR. La circularisation s’opère ici à très basse intensité
(∼ 1 MHz) et montre le peuplement du niveau |51, k = 1′〉, ce qui laisse supposer que la
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Figure III.19 – Circularisation par passage adiabatique pour trois vitesses de variation
du champ électrique différentes. (a) ΔtE = 0, 5μs (b) ΔtE = 1, 5μs (c) ΔtE = 6μs.
Nous avons chaque fois tracé l’évolution des probabilités d’occupation Pk en fonction de
la fréquence de Rabi ΩR/2π. La convention de couleur est celle de la figure III.13. Sur la
figure (c), les points gris indiquent la somme des populations des niveaux |51, k = 0〉 et
|51, k = 1′〉. Les comptes tiennent compte des efficacités des sondes (η0 = 83%, η1 = 89%,
η2 = 82%, η1′ = 67% et η2′ = 54%) mesurées le même jour que les données. Les barres
d’erreurs intègrent la dispersion des comptes et l’incertitude sur l’efficacité des sondes,
estimée sur un jeu de plusieurs mesures. Les traits pleins sont les simulations numériques,
sans aucun paramètre libre. Le niveau |51, m = 2〉 est indiqué en magenta pour indication.
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polarisation est aussi dégradée dans cette gamme d’intensité. Le dépeuplement du niveau
|51, k = 1′〉 lorsque la fréquence de Rabi s’approche de ΩR = 3, 5 MHz prouve que c’est
bien la polarisation qui est en cause.

Les mesures réalisées nous montrent que, les deux effets considérés simultanément,
l’état circulaire le plus pur est obtenu de façon équivalente pour un passage adiabatique
de 1, 5μs (fig.III.19b) avec ΩR = 3, 5 MHz ou un passage adiabatique de 0, 5μs (fig.III.19a)
avec ΩR = 5 MHz. Dans les deux cas, on mesure une pureté de 97, 6%. Les simulations
numériques montrent cependant que le passage adiabatique en 1, 5μs respecte mieux les
conditions d’adiabaticité. Sur le signal d’ionisation d’un tel passage adiabatique, le pic
d’ionisation du niveau circulaire n’est pas contaminé par d’autres niveaux, ce qui nous
permet de calibrer l’efficacité du détecteur ηd.

Ces simulations sont faites en calculant l’évolution Hamiltonienne du système au cours
du temps. Nous supposons que le champ radiofréquence en parfaitement polarisé σ+ : seuls
les n niveaux de la multiplicité couplés par la composante σ+ sont pris en compte. Nous
avons au préalable calculé les énergies et les éléments de matrice de ces niveaux pour
des champs électriques compris entre 2, 45 V/cm et 2, 24 V/cm. Le champ électrique est
pris constant pendant les phases d’allumage et d’extinction de la radiofréquence et varie
linéairement pendant le passage adiabatique. L’impulsion de radiofréquence, quant à elle,
est idéalement de forme trapézoïdale : allumage linéaire pendant 1μs, période constante
pendant une durée variable, extinction linéaire pendant 1μs. En réalité, cette forme d’im-
pulsion est celle que l’on commande via la tension de modulation Vmod qui module en temps
réel l’amplitude des signaux radiofréquences (cf §II.1.5.a). En pratique, la non-linéarité de
l’amplitude du champ radiofréquence avec cette tension de modulation modifie la forme
de l’impulsion. Plutôt qu’un allumage brusque, on observe un allumage progressif, et il
en est de même pour l’extinction. Les simulations montrent qu’il est important de tenir
compte de cet effet pour reproduire les observations expérimentales, ce que nous avons
fait en reproduisant la forme réelle de l’impulsion. Les simulations numériques n’ont ici
aucun paramètre libre et présentent un accord qualitatif avec les données expérimentales.
Sur la figure III.19c, la somme des populations des niveaux |51, k = 0〉 et |51, k = 1′〉 est
tracée (points gris) pour montrer qualitativement l’accord des données avec les simulations
numériques puisque celles-ci ne prennent pas en compte la composante σ−.

Pour les grandes valeurs de ΩR, les simulations montrent des oscillations du niveau
circulaire qui prouvent qu’une des conditions d’adiabaticité n’est plus respectée à très
grande fréquence de Rabi. C’est ici la condition (III.28) sur l’allumage et l’extinction de
la radiofréquence qui est mise en cause.

La figure III.20 fait le lien entre la dégradation de la polarisation du champ radio-
fréquence et l’appauvrissement du niveau circulaire sur les passages adiabatiques. Ces
mesures sont réalisées dans des conditions optimales de circularisation (ΔtE = 1, 5μs et
ΩR = 3, 5MHz) en dégradant volontairement la phase relative entre les paires d’électrodes
{1, 3} et {2, 4}. Le niveau circulaire se dépeuple au profit du niveau |51, k = 1′〉 puis iné-
luctablement vers les niveaux suivants de l’échelle de spin Ĵ2. Pour une variation de la
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Figure III.20 – Influence de la polarisation de la radiofréquence sur la circularisation.
Nous avons mesuré ici les probabilités d’occupations après un passage adiabatique de
1, 5μs à une puissance de 3, 5 MHz en faisant varier la phase relative entre les paires
d’électrodes radiofréquences {1, 3} et {2, 4}. Le code de couleurs est toujours celui de la
figure III.13. On observe que le niveau circulaire se dépeuple sous l’action de la composante
σ− et que le niveau |51, k = 1′〉 se pleuple transitoirement. On évalue ainsi quelle précision
il est nécessaire d’avoir sur cette phase pour optimiser la circularisation.

phase de 1 ◦, on mesure un peuplement de l’état k = 1′ d’environ 5%. A une puissance
donnée, il est donc essentiel que la phase des électrodes soit stable de mieux qu’un degré
d’un jour à l’autre. L’asservissement en phase des quatre voies du synthétiseur assure une
telle stabilité.

III.2.3.b Influence de la durée d’allumage et d’extinction de la radiofréquence

Une autre étude possible de la condition d’adiabaticité (III.28) est de varier la durée
Δtrf d’allumage et d’extinction du champ radiofréquence. Les autres paramètres du pas-
sage adiabatique ont été optimisés en choisissant une durée ΔtE = 1, 5μs et une puissance
ΩR = 3, 5 MHz, pour un passage adiabatique entre 2, 45 V/cm et 2, 24 V/cm. Les mesures
sont présentées sur la figure III.21. On note que pour des durées inférieures à 500 ns, la
pureté de l’état circulaire diminue. La condition d’adiabaticité (III.28) commence à ne
plus être vérifiée. Dans ces conditions, l’état du système se retrouve projeter pendant la
phase d’allumage sur une superposition d’états habillés. Il en est de même lors de l’ex-
tinction de la radiofréquence. Au cours du passage adiabatique, ces niveaux acquièrent
des phases différentes. Il en résulte des interférences qui se traduisent pas les oscillations
visibles sur la figure III.21. Le comportement aux très faibles durées Δtrf est à prendre
avec précaution. Le front de l’impulsion devenant très raide, il est fortement déformé et
il est possible que d’autres effets (dégradation de la polarisation entre autre) expliquent
le peuplement du niveau |51, k = 2〉.
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Figure III.21 – Influence de la durée d’allumage et d’extinction de la radiofréquence.
Les points indiquent la probabilité d’occupation en fonction de la durée Δtrf . La durée
indiquée sur le graphique est en fait la durée de croissance de la tension de modulation. Les
non-linéarités évoquées précédemment impliquent qu’il est difficile de définir une véritable
durée d’allumage ou d’extincion.

III.2.3.c Pureté après purification micro-onde

Les mesures précédentes nous ont permis de caractériser la circularisation par pas-
sage adiabatique et de voir dans quelle condition l’état circulaire est le plus pur. Nous
souhaitons maintenant comparer ces résultats avec l’état obtenu après une impulsion de
purification. Le passage adiabatique est désormais réalisé dans la multiplicité n = 52 et
une impulsion micro-onde vers le niveau |51, k = 0〉 purifie l’état atomique. Si l’impulsion
est bien sélective, seuls les atomes circulaires sont transférés dans la multiplicité n = 51,
laissant dans la multiplicité n = 52 les impuretés. A l’aide des sondes, nous analysons
l’état |51, k = 0〉 ainsi obtenu.

Les atomes sont donc excités optiquement dans le niveau |52, m = 2〉. La séquence du
passage adiabatique copie la séquence optimale en l’adaptant à la multiplicité n = 52. Le
champ électrique est donc ajusté par un facteur 51/52 et ainsi les valeurs extrémes corres-
pondent à des fréquences de transition |52, k = 0〉 → |52, k = 1〉 de 240 MHz et 220 MHz
(soit 2, 40 V/cm et 2, 20 V/cm). Tous les autres paramètres du passage adiabatique sont
choisis pour optimiser la circularisation : allumage et extinction de la radiofréquence en
Δtrf = 1μs et durée ΔtE du passage adiabatique en 1, 5μs. L’impulsion de purifiaction
dure 0, 62μs. Les résultats sont tracés sur la figure III.22. Indubitablement, la purification
permet de supprimer en quasi-totalité tous les atomes excités sur des niveaux autres que
le niveau circulaire. La figure III.22a est à comparer à la figure III.19b. Ici, seul l’état
circulaire est macroscopiquement peuplé et ce quel que soit la puissance de la radiofré-
quence. L’avantage de la purification apparaît très clairement : là où toute variation d’un
paramètre - fréquence de Rabi, phase, ... - dégradait la pureté de l’état préparé, cela ne
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Figure III.22 – Circularisation par passage adiabatique et purification. (a) Probabilité
d’occupation des niveaux en fonction de la fréquence de Rabi ΩR/2π. Les mesures sont
réalisées par le même procédé de comptage que pour la figure III.19. (b) Agrandissement
sur les niveaux faiblement peuplés. Le peuplement du niveau |51, k = 2′〉 est un artefact
de la sonde k2′ qui transfère une fraction de la population du niveau circulaire (ligne
continue cyan). Le peuplement des niveaux |51, k = 1〉 et |51, k = 1′〉 est lui bien réel et
du à la largeur spectrale de l’impulsion de purification (courbe continue rouge pour le
niveau |51, k = 1〉). La négativité de certains points est due à la méthode de comptage
qui soustrait la population avec sonde à celle sans sonde : lorsque le niveau n’est pas
peuplé, ces deux populations sont égales aux incertitudes statistiques près, ce qui peut
donner lieu à des valeurs négatives.

se traduit après purification que par une diminution du nombre d’atomes circulaires, sans
affecter quantitativement la pureté de l’état.

Pour estimer cette pureté, nous regardons précisément la population des niveaux fai-
blement peuplés (fig.III.22b). On remarque que plusieurs niveaux sont peuplés au cours
de la circularisation : les niveaux |51, k = 1〉, |51, k = 1′〉 et |51, k = 2′〉. Le cas du niveau
|51, k = 2′〉 est discuté en annexe D.1. Il y est montré que, à cause de sa largeur spectrale,
la sonde k2′ détecte, en plus des atomes dans le niveau |51, k = 2′〉, 1, 2% des atomes
excités sur l’état circulaire. Sur la figure III.22b a été tracé la fraction de 1, 2% du niveau
circulaire (trait plein cyan). La majeure partie des atomes détectés par cette sonde ne
sont donc pas des atomes excités sur le niveau |51, k = 2′〉 mais en réalité des atomes
circulaires. Le cas des deux autres niveaux est différent et est traité en annexe D.2. Ces
atomes sont bel et bien des atomes transférés par l’impulsion de purification à cause de
sa propre largeur spectrale : 1, 5% des atomes peuplant le niveau |52, k = 1〉 sont ainsi
transférés dans le niveau |51, k = 1〉. Sur la figure III.22b est indiquée la proportion 1, 5%
de la population simulée dans l’état |52, k = 1〉 (trait plein rouge). Il en est de même pour
l’état |52, k1′〉.
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L’état circulaire reste extrèmement pur pour des fréquences de Rabi ΩR/2π comprises
entre 3 MHz et 5 MHz. La pureté de l’état circulaire est mesurée à 99, 7 ± 0, 3%. Cette
mesure est limitée par la précision des mesures des populations, trop faibles pour être
précisemment estimées. Tant que la fréquence de Rabi n’est pas trop élevée pour dégrader
la polarisation, la pureté de l’état circulaire n’est jamais moins bonne que 99, 3 ± 0, 5%.
La spectroscopie de l’impulsion de purification (fig.D.2) nous montre qu’il aurait fallu,
pour une pureté encore meilleure, choisir la durée de l’impulsion micro-onde de sorte
que la fréquence de transition |52, k = 1〉 → |51, k = 1〉 corresponde à un nœud de la
fonction sinus cardinal qui caractérise le spectre de l’impulsion de purification. Il est donc
préférable de choisir une impulsion légèrement plus longue si l’on veut optimiser la pureté
quelles que soient les conditions du passage adiabatique.

III.3 Circularisation par oscillations de Rabi

Le passage adiabatique offre une très grande qualité de pureté de l’état circulaire. Il
présente cependant l’inconvénient d’être assez long. L’oscillation de Rabi, quant à elle,
consiste en un transfert direct de l’état |m = 2〉 vers l’état circulaire |k = 0〉, sans qu’au-
cune condition d’adiabaticité ne doive être respectée. Etant donné que nous maîtrisons
et contrôlons tous les éléments de l’interaction entre l’atome de Rydberg et le champ
radiofréquence, il peut être intéressant d’étudier une telle manipulation atomique. Pour
comparer les deux méthodes de circularisation, nous avons réalisé les mesures dans la
multiplicité n = 51.

III.3.1 Premiers réglages de l’oscillation de Rabi

Trois paramètres interviennent dans une oscillation de Rabi : le champ électrique, la
durée de l’impulsion radiofréquence et son intensité. Le champ électrique doit mettre en
résonance l’atome avec la radiofréquence indépendamment des autres paramètres. C’est
donc lui que nous allons réglé en premier.

III.3.1.a Séquence expérimentale de l’oscillation de Rabi

La séquence expérimentale d’une oscillation de Rabi est des plus simples. Le champ
électrique statique doit être stationnaire et réglé pour que le désaccord soit nul. La ra-
diofréquence est allumée sous la forme d’une impulsion. Sa durée doit être égale à une
demi-période de Rabi : on réalise alors une impulsion π de radiofréquence qui transfère
les atomes du niveau fondamental vers le niveau le plus excité, le niveau circulaire. La
séquence est représentée sur la figure III.23. Pour une expérience standard, les manipula-
tions atomiques peuvent commencer dès la fin de l’impulsion radiofréquence. Ici, l’objectif
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est de mesurer l’efficacité du transfert de population. Nous appliquons donc une nouvelle
fois un champ électrique de 3, 84 V/cm auquel sont étalonnées les sondes.
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Figure III.23 – Séquences de circularisation par oscillation de Rabi. Nous avons re-
présenté l’évolution temporelle (dans l’ordre) de l’impulsion laser, du champ électrique
vertical, de la radiofréquence et de la micro-onde de sonde.

III.3.1.b Influence du champ électrique

La meilleure façon de régler le champ électrique est d’optimiser le transfert vers le ni-
veau circulaire directement sur le signal d’une oscillation de Rabi. Pour obtenir un premier
signal, nous avons cherché un jeu de paramètres convenables. Avec un champ électrique
de 2, 35 V/cm, nous savons par les simulations des niveaux Stark (cf fig.III.5) que les
transistions atomiques sont environ égales à 230 MHz et nous pouvons espérer induire des
transitions radiofréquences. Nous avons ensuite choisi arbitrairement une durée d’impul-
sion de 200 ns et fait varier la fréquence de Rabi jusqu’à voir sur le signal d’ionisation des
atomes circulaires. Cela est réalisé pour une fréquence de Rabi de ΩR = 3, 5 MHz. Dès lors,
nous avons fait varier finement le champ électrique et nous avons mesuré la population
du niveau circulaire à l’aide de la sonde k0 (fig.III.24). On trouve expérimentalement le
champ optimal, qui vaut 2, 346 V/cm. La calibration du champ électrique n’étant pas pré-
cise à mieux que 0, 01 V/cm, nous utiliserons pour désigner le champ électrique optimal
cette valeur de 2, 35 V/cm.
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Figure III.24 – Influence du champ électrique sur la circularisation par oscillation de
Rabi. Les points correspondent aux nombres d’atomes détectés par la sonde circulaire
(η0 = 76%). Les comptes sont normalisés par le nombre d’atome présent sur le niveau
initial |51, k = n − 3〉. Le facteur de normalisation tient compte du fait que le détecteur
est 4,7 fois plus sensible aux atomes dans le niveau |51, k = 0〉 qu’à ceux du niveaux
|51, k = n3〉. Les incertitudes tiennent compte de l’erreur statistique ainsi que de l’erreur
de mesure de l’efficacité de la sonde. En trait plein est tracée la simulation de l’oscillation
de Rabi faite a posteriori en utilisant les paramètres qui découlent de l’analyse qui suit.

III.3.2 Oscillations de Rabi temporelles

Le champ électrique optimisé, nous avons observé les oscillations de Rabi temporelles
sur le niveau |51, m = 2〉 : à une intensité du champ radiofréquence fixe ΩR = 3, 5 MHz,
nous augmentons la durée de l’impulsion radiofréquence. La figure III.25a montre les
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Figure III.25 – Oscillation de Rabi temporelle sur le niveau m = 2. (a) Mesure par io-
nisation de la probabilité d’occupation du niveau |51, m = 2〉. Chaque résonance observée
est ajustée par un modèle gaussien pour en trouver le centre. (b) Durée de l’impulsion en
fonction de l’indice de la résonance. Un ajustement par une fonction affine (ligne rouge)
nous permet de calculer la durée effective de l’impulsion radiofréquence.
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oscillations de la population du niveau |51, m = 2〉. A chaque tour du spin, nous observons
une résonance de sa population. La mesure semble indiquer que le niveau |51, m = 2〉 ne
se dépeuple pas entièrement. Il s’agit en fait très vraisemblablement de la population du
niveau |51, m = 1〉 dont le champ d’ionisation est proche et que l’on détecte par effet de
bord. Les simulations montrent en effet que ce niveau se peuple avec une faible probabilité
sous l’effet de la radiofréquence désaccordée.

Si l’on trace la durée correspondant aux premières résonances en fonction de l’indice de
la résonance, on remarque que la relation n’est pas directement linéaire (fig. III.25b). En
réalité, l’allumage et l’extinction de la radiofréquence ne sont pas instantanés et passent
par un régime transitoire d’environ 50 ns. Pour tenir compte de ces effets, on peut modé-
liser l’impulsion de radiofréquence par une impulsion de puissance constante et de durée
effective plus courte que la durée programmée. L’ordonnée à l’origine de l’ajustement
de la position des premières résonances permet de calculer la différence entre la durée
programmée et la durée effective, qui vaut 68 ns.

Nous avons complété ces mesures en effectuant une analyse des cinq niveaux voisins du
niveau circulaire, au même champ électrique et à la même fréquence de Rabi. Les courbes
sont prises avec la résolution maximale que nous autorise l’interface électronique, à savoir
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Figure III.26 – Oscillations de Rabi dans la multiplicité n = 51. Les points expérimen-
taux correspondent aux populations mesurées par les sondes en tenant compte de leur
efficacité (respectivement η0 = 0, 76 - η1 = 0, 88 - η2 = 0, 78 - η1′ = 0, 64 - η2′ = 0, 40).
Le niveau |51, m = 2〉 (magenta) est mesuré directement par ionisation. Les simulations
numériques (lignes continues) sont faites en considérant une polarisation σ+ parfaite à la
pulsation de Rabi ΩR/2π = 3, 5 MHz. L’accord avec les données est excellent sur toute
la durée des oscillations. En pointillé est indiquée la somme du niveau |51, m = 2〉 avec
le niveau |51, m = 1〉 affecté pour sa part d’une efficacité de détection de 0, 6 pour te-
nir compte qualitativement du fait que les signaux d’ionisation de ces deux niveaux se
recoupent. Les incertitudes prennent en compte l’erreur statistique ainsi que l’erreur sur
l’efficacité des sondes.
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10 ns. Le graphique III.26 présente l’évolution des différentes probabilités d’occupation
en fonction de la durée effective teff de l’impulsion. Au cours de l’évolution, la popula-
tion oscille de l’état initial |51, m = 2〉 à l’état circulaire |51, k = 0〉. A teff = 129 ns, une
demi-oscillation a été faite et l’occupation de l’état circulaire atteint son maximum. L’évo-
lution est celle qu’on attend d’un spin privé de ses deux premiers niveaux (cf fig.III.6c).
Néanmoins, la transition |51, m = 1〉 → |51, m = 2〉 est désaccordée de 47 MHz, pour un
couplage de la radiofréquence de l’ordre de

√
50×3, 2 MHz. Le couplage est donc suffisant

pour peupler légèrement le niveau |51, m = 1〉. C’est effectivement ce qu’on observe sur
les simulations numériques.

Les oscillations sont visibles sur plusieurs périodes, montrant une cohérence des oscil-
lations sur plus d’une micro-seconde. En fait, elles se prolongent sur des temps supérieurs
à la microseconde. Pour exemple, nous avons représenté sur la figure III.27 les oscillations
de Rabi sur le niveau circulaire. Celles-ci restent visibles sur plus de 23 oscillations, soit
une durée de 6μs, durée au bout de laquelle les mesures ne sont plus réalisables. On ob-
serve aussi que petit à petit, les pics s’élargissent et se dédoublent. Ce comportement est
bien reproduit par les simulations numériques qui supposent une évolution unitaire. Ces
effets ne sont donc pas une conséquence d’une dissipation dans le système mais plutôt de
la troncature du spin au niveau m = 2. Il en résulte aussi une diminution de l’amplitude
des résonances, agravé par l’effet Stark quadratique. Celui-ci, négligeable devant le cou-
plage radiofréquence, induit des déphasages entre les niveaux qui, cumulés sur plusieurs
oscillations, ont une influence sur l’évolution de l’état.
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Figure III.27 – Observation des oscillations de Rabi sur une durée de 6μs. Les données
de la première microseconde sont identiques à celles de la figure III.26. Dans l’insert est
tracé un agrandissement du signal entre 4μs et 4, 9μs qui montre à la fois la déformation
des résonances et le très bon accord des simulations avec les mesures même après 4μs.
L’évolution reste unitaire tout au long des oscillations.
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Les simulations numériques ont été réalisées avec comme seul paramètre ajustable la
pulsation de Rabi ΩR. Elles montrent un excellent accord avec l’expérience sur l’ensemble
des oscillations lorsque ΩR = 2π × 3, 52 MHz. Les mesures ayant été effectuées à une
pulsation de Rabi Ω+

21 = 2π ×27, 3 MHz, nous en déduisons un facteur de proportionnalité
Ω+

21/ΩR de 7, 81, en très bon accord avec le calcul numérique de l’élément de matrice de
la transition |2〉 → |1′〉 (§III.2.3.a).

III.3.3 Oscillation de Rabi en intensité

Les mesures d’oscillations temporelles nous permettent d’observer les oscillations sur
des temps longs. Cependant, la résolution temporelle nous limite quand il s’agit de déter-
miner les paramètres optimaux pour circulariser. Nous avons donc réalisé une oscillation
de Rabi en intensité, ce qui consiste à faire varier la fréquence de Rabi ΩR/2π. La durée de
l’impulsion est constante et égale à 162 ns de durée effective. Le champ est de 2, 35 V/cm,
optimal pour l’oscillation. La figure III.28 montre l’évolution des populations des niveaux
sondés en fonction de la fréquence de Rabi. L’oscillation conduit, comme attendu, au
peuplement du niveau circulaire après une demi-période. La pureté reste néanmoins li-
mitée étant donné que l’état |51, k = 2〉 est aussi fortement peuplé (∼ 8%). Les niveaux
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Figure III.28 – Oscillation de Rabi en intensité. Les points expérimentaux correspondent
aux populations mesurées par les sondes circulaire (noir), k1 (rouge), k2 (vert), k1′ (bleu)
et k2′ (cyan) en prenant en compte l’efficacité de sondes. La fréquence de Rabi ΩR des
points expérimentaux est calculée compte tenu du rapport 7, 81 calculé précédemment.
L’accord avec les simulations confirme le très bon contrôle expérimental de l’oscillation
de Rabi.
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|51, m = 2〉 et |51, m = 1〉, non présentés sur ces mesures, sont aussi peuplés (∼ 6% au
total) d’après les simulations et de façon analogue aux observations de la figure III.26.
C’est là l’un des inconvénients de l’oscillation de Rabi qui, contrairement au passage
adiabatique, peuple ces niveaux. Il est important de noter aussi que sur tous les signaux
d’oscillations de Rabi observés, les états |51, k = 1′〉 et|51, k = 2′〉 ne sont jamais peuplés,
garantissant que la polarisation du champ radiofréquence est très bien contrôlée. L’oscilla-
tion de Rabi en intensité nous permet de déterminer un jeu de paramètres optimaux pour
réaliser une circularisation par oscillation de Rabi - impulsion de durée effective 162 ns et
d’intensité ΩR = 3, 4 MHz - qui offre une pureté de l’état circulaire de 77 ± 1%.

Dans les conditions optimales de circularisation, on observe le signal d’ionisation pré-
senté en figure III.29. On observe une résonance bien marquée, correspondant aux atomes
circulaires. On remarque cependant une légère aux champs d’ionisation plus faibles, qu’on
peut attribuer aux atomes dans le niveau |51, k = 2〉. Des atomes semblent aussi peupler
d’autres niveaux de la multiplicité puisqu’un fond non nul est visible sur le signal d’io-
nisation. Enfin, le signal qui apparait autour de 60 V/cm correspond à la population des
niveaux |51, m = 2〉 et |51, m = 1〉.
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Figure III.29 – Signal d’ionisation d’une circularisation par oscillation de Rabi. Un ré-
sidu d’atomes non circularisé est responsable du pic à 58 V/cm. On observe un grand
pic d’ionisation correspondant aux atomes circulaires. L’ajustement gaussien de ce pic
permet de mettre en évidence la présence d’atomes dans les niveaux elliptiques autour du
circulaire. L’analyse spectroscopique réalilsée par ailleurs permet d’identifier ces atomes
comme appartenant au niveau |51, k = 2〉.
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Conclusion

L’étude menée ici montre que la circularisation par passage adiabatique conduit à de
bien meilleurs résultats en terme de pureté de l’état circulaire que l’oscillation de Rabi.
Qui plus est, le passage adiabatique est nettement plus robuste vis-à-vis des variations
des différents paramètres. Néanmoins, les expériences décrites ici sur l’oscillation de Rabi
dans un atome de Rydberg illustre notre faculté à contrôler le couplage entre l’atome et
le champ radiofréquence. Cette capacité peut être mise au profit de manipulations plus
complexes de l’état de Rydberg. En définitive, en sachant désormais préparer des états de
Rydberg circulaires au centre de notre montage cavité, nous disposons d’un système qui
peut être considéré dans une très bonne approximation comme un spin couplé à un champ
résonant. L’analogie entre le spin et l’oscillateur harmonique (cf §I.1.3.c) nous permet de
prétendre pouvoir observer une dynamique Zénon quantique sur les états de Rydberg.

Les expériences ont été ici réalisées avec les quatre électrodes radiofréquences dans le
but d’obtenir la meilleure pureté de l’état circulaire possible. Nous avons vu cependant
qu’il est possible de générer une polarisation σ+ avec seulement deux électrodes, au prix
d’une dégradation de l’homogénéïté du champ radiofréquence. En utilisant le principe
d’une purification micro-onde, il est possible de conserver malgré tout une excellente
pureté de l’état circulaire. Les simulations numériques du champ radiofréquence créé dans
ce cas (cf II.22b) montrent que la polarisation reste pure à 90% dans la zone traversée
par les atomes. Ainsi, il est possible de réaliser la circularisation avec seulement deux
électrodes. En dissociant les électrodes deux par deux, nous pouvons disposer de deux
sources classiques de champ radiofréquence complètement indépendantes qui ouvrent la
voie à des expériences plus complexes.



Chapitre IV

Dynamique Zénon quantique d’un
atome de Rydberg

When my eyes were stabbed by the flash of a neon light
That split the night

And touched the sound of silence

Simon & Garfunkel, The Sound of Silence

Le passage adiabatique, tout comme l’oscillation de Rabi, illustre notre capacité à
manipuler de façon cohérente les états de Rydberg d’un atome de rubidium. Ces deux
expériences sont des manipulations qui laissent l’atome dans un état classique et qui nous
permettent de préparer avec une excellente pureté des atomes de Rydberg sur des états
circulaires de multiplicité n ∼ 50. Au voisinage de cet état circulaire, les niveaux atomiques
ont un comportement hydrogénoïde et peuvent au premier ordre être modélisés comme les
états propres d’un spin Ĵ1 qu’on peut manipuler en le couplant à un champ radiofréquence
polarisé σ+. L’action de ce champ sur l’atome se traduit par une rotation dans la sphère
de Bloch généralisée. Dans ce chapitre, nous nous placerons dans un régime où l’angle des
rotations reste plus petit que π et pour lequel le modèle du spin reste valable.

L’analogie entre un moment cinétique et un oscillateur harmonique (cf §I.1.3.c) peut
être exploitée pour adapter des protocoles expérimentaux de l’électrodynamique quantique
en cavité (CQED) à notre système. En particulier, nous montrerons que la dynamique
Zénon quantique (QZD) peut être implémentée dans notre expérience pour préparer des
états non-classiques du spin. Nous décrirons alors la mise en pratique d’une telle expé-
rience, dont certains éléments ont déjà été décrit dans les chapitres précédents. Enfin,
nous présenterons les résultats que nous avons obtenus et qui illustrent les propriétés
non-classiques de la dynamique Zénon quantique.
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IV.1 Notions théoriques sur la dynamique Zénon
quantique

La dynamique Zénon quantique a été proposée en 2000 par Facchi et al. [18] et a fait
l’objet d’une proposition d’application à l’électrodynamique quantique en cavité en 2010
par Raimond et al. [40]. Notre expérience est fortement inspirée par les idées qui y sont
proposées.

IV.1.1 Principe théorique

En tant que généralisation de l’effet Zénon quantique, la dynamique Zénon s’appuie sur
des concepts très similaires qu’il est utile de présenter. Cette analyse sera une base pour
étudier quelques éléments de la dynamique Zénon quantique et des différentes manières
de la générer.

IV.1.1.a L’effet Zénon quantique

La mesure joue un rôle particulier en physique. Plus qu’une simple extraction d’infor-
mations, elle a une action directe sur le système physique qui consiste à le projeter sur l’un
des états propres de l’observable mesurée, une propriété connue sous le nom de réduction
du paquet d’onde. Considérant un système quantique évoluant dans l’espace de Hilbert
H et une observable de cet espace Ô, nous supposons que le système est initialement
dans l’état |ψ0〉, état propre non-dégénéré de Ô de la valeur propre μ0. Dans le cas d’une
évolution cohérente, la probabilité de trouver le système dans son état initial après une
évolution de durée t est

p(t) = |〈ψ0|ψ(t)〉|2, (IV.1)
où |ψ(t)〉 est l’état du système à l’instant t défini par l’opérateur d’évolution Û(t)

|ψ(t)〉 = Û(t)|ψ0〉 = eiĤt/�|ψ0〉. (IV.2)

Au temps court, le développement limité de Û(t) à l’ordre 2 donne l’expression

p(t) � 1 − t2

�2

(
〈ψ0|Ĥ2|ψ0〉 − 〈ψ0|Ĥ|ψ0〉2

)
(IV.3)

� 1 − t2

�2 ΔĤ2
0 , (IV.4)

où ΔĤ2
0 est la variance de l’énergie de l’état |ψ0〉. On reconnaît la spécificité d’une évo-

lution cohérente par son évolution quadratique au temps court. L’effet Zénon quantique
exploite l’aspect projectif de la mesure pour geler la dynamique d’un système soumis à une
telle évolution [28, 29, 30, 111, 112]. La mesure Ô est répétée à des intervalles de temps
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courts, de sorte que le système reste avec une grande probabilité sur son état initial. Une
condition nécessaire est donc de renouveller la mesure à une fréquence supérieure à 1/tz,
où tz est le temps caractéristique de l’évolution donné par (IV.4)

tz = �
2

ΔĤ2
0

. (IV.5)

Néanmoins, même si la probabilité de quitter l’état |ψ0〉 est faible, elle n’est pas nulle et
le système pourrait, à force de répéter le processus, finir par quitter l’état initial par un
saut quantique. Pour évaluer correctement la probabilité de geler l’évolution du système,
il faut estimer la probabilité qu’un tel saut quantique ait lieu sur une durée T . Naturel-
lement, la probabilité sera rigoureusement nulle seulement lorsque le nombre de mesures
pendant la durée T sera infinie. Un tel système n’est pas sans rappeler les paradoxes du
philosophe grec Zénon sur l’impossibilité d’un mouvement décomposé en une infinité de
sous-mouvements. Dans notre cas, nous considérerons notre système interrogé N fois pen-
dant la durée T , l’intervalle de temps entre deux mesures valant alors δt = T/N . Chaque
mesure étant un événement indépendant, la probabilité P (T ) de rester dans l’état initial
s’écrit

P (T ) = p(δt)N =
(

1 − δt2

t2
z

)N

. (IV.6)

Lorsque δt  tz, la probabilité devient

P (T ) � 1 − N
δt2

t2
z

= 1 − T 2

Nt2
z

. (IV.7)

La probabilité de quitter l’état |ψ0〉 tend donc vers 0 quand N → ∞.

Ce calcul montre l’importance de l’aspect quadratique de l’évolution aux temps courts
pour réaliser l’effet Zénon sur un système quantique, qui s’applique donc parfaitement à
un système isolé dont l’évolution est cohérente. Mais le résultat ne peut pas être généralisé
à tout type d’évolution. Dans le cas d’un système couplé à l’environnement par exemple,
l’évolution n’est plus simplement régie par le Hamiltonien. Le couplage y est modélisé par
un taux de dissipation de l’énergie Γ vers l’environnement. La probabilité de rester dans
l’état initial après une durée T s’écrit désormais

P (T ) = (1 − ΓΔt)N � 1 − ΓT (IV.8)

Le couplage à l’environnement introduit dans l’équation d’évolution des termes linéaires
qui ne peuvent être réduits par une mesure répétée. Ainsi, l’effet Zénon ne permet pas de
lutter contre les processus de décohérence.

L’effet Zénon a été d’abord mis en évidence expérimentalement sur des systèmes à
deux niveaux [31, 33, 34, 35, 37, 38]. Il a ensuite été observé sur des systèmes plus com-
plexes tels que les niveaux d’un oscillateur harmonique [39]. Dans cette expérience réalisée
en 2008 dans le groupe d’électrodynamique quantique en cavité, l’état du champ électro-
magnétique piégé dans la cavité micro-onde est gelé sur l’état vide |0〉. Partant d’une
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cavité initialement vide, l’expérience alterne injection d’un champ micro-onde cohérent
dans la cavité et mesures quantiques non-destructives du nombre de photons. Sous l’effet
de ces mesures, la croissance du champ cohérent est inhibée (fig.IV.1). Ces expériences
sont décrites en détails dans la thèse de Julien Bernu [113].
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Figure IV.1 – Mise en évidence de l’effet Zénon quantique sur les modes d’un oscilla-
teur harmonique (figure extraite de [113]). Les points rouges caractérisent une évolution
cohérente du champ dans la cavité supraconductrice, modélisée par la ligne continue.
Des mesures QND du nombre de photons, répétées très rapidement, gèlent l’évolution du
champ dont le nombre de photons reste proche de 0 (points bleus).

IV.1.1.b De l’effet Zénon quantique à la dynamique Zénon quantique

L’effet Zénon quantique reste un effet limité puisqu’il consiste à empêcher un système
d’évoluer. Cependant, le gel de l’état n’est pas une propriété intrinsèque de toute mesure
quantique. Rigoureusement, la mesure projette le système sur le sous-espace propre associé
à la valeur propre mesurée μ0. Dans le cas d’une valeur propre non-dégénérée, ce sous-
espace est de dimension 1 et le système est nécessairement projeté sur le même état à
chaque mesure. Dans le cas d’une valeur propre dégénérée, le sous-espace propre Hμ0

est de dimension supérieure à 1. Dès lors, le système sera à chaque mesure projeté dans
le sous-espace propre Hμ0 mais il pourra y évoluer librement [18]. La dynamique qui
en résulte est appelée dynamique Zénon quantique (QZD), en référence à l’effet Zénon
quantique dont elle est une très large généralisation. Si l’on appelle P̂μ les opérateurs de
projection de la mesure Ô sur les espaces propres Hμ, alors l’évolution du système soumis
à N mesures pendant le temps t dans le sous-espace Hμ0 est donnée par l’opérateur

V̂
(N)

P (t) =
(

P̂μ0Û
(

t

N

))N

. (IV.9)
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Dans la limite d’un très grand nombre de mesures pendant le temps t, Facchi et al. [114]
ont montré que l’opérateur d’évolution ÛZ(t) = lim

N→∞
V̂

(N)
P (t) s’écrit

ÛZ(t) = eiĤZt/�P̂μ0 , (IV.10)

où

ĤZ = P̂μ0ĤP̂μ0 (IV.11)

est le Hamiltonien Zénon défini comme la restriction du Hamiltonien au sous-espace Hμ0 .
L’état du système est donc projeté sur un sous-espace propre de la mesure et évolue
de façon cohérente à l’intérieur de ce sous-espace. L’expression (IV.10) montre qu’un
système, initialement dans un sous-espace de Hilbert Hμ, espace propre d’une mesure
Ô, voit sa dynamique confinée dans ce sous-espace. La mesure répétée agit comme dans
les expériences d’effet Zénon quantique : elle supprime le couplage entre les différents
sous-espaces. La probabilité de quitter un sous-espace tend alors vers 0. Le principe de la
dynamique Zénon est illustré sur la figure IV.2. A l’intérieur du sous-espace cependant,
la dynamique est toujours cohérente et régie par le Hamiltonien ĤZ . De plus, l’espace
dans lequel l’évolution est confinée est déterminé par la mesure qu’on applique. Choisir
cette mesure revient à choisir dans quel espace nous autorisons le système à évoluer. Ces
sous-espaces sont appelés sous-espaces Zénon [115]. La dynamique Zénon ouvre donc des
perspectives intéressantes pour manipuler un système quantique en modifiant l’espace de
Hilbert qui lui est accessible.
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Figure IV.2 – Illustration de la dynamique Zénon quantique. (a) Représentation sché-
matique de l’espace de Hilbert H des états propres d’un Hamiltonien Ĥ0. Les traits noirs
représentent le couplage entre les différents états propres (points noirs) sous l’action d’un
Hamiltonien d’interaction Ĥint. (b) La mesure Ô possède plusieurs valeurs propres dégé-
nérées μ. On divise symboliquement l’espace de Hilbert en sous-espace Hμ. (c) L’évolution
du système sous l’action de Ĥ = Ĥ0 + Ĥint et en présence de la mesure Ô répétée rapide-
ment est décrite par la restriction de Ĥ à un sous-espace Hμ.
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IV.1.1.c Extension de la dynamique Zénon quantique

Pour produire un effet ou une dynamique Zénon, le processus important dans la me-
sure n’est pas l’extraction de l’information mais la perturbation que celle-ci introduit dans
le système. D’autres méthodes que des mesures projectives de type Von Neumann [116]
peuvent donc être appliquées pour restreindre l’évolution d’un système à un sous-espace
donné. Par exemple, une dynamique similaire peut être obtenue en le soumettant à des
sauts de phase réguliers [117], méthode connue sous le nom de technique bang-bang quan-
tique [118, 119] et familière dans les manipulations quantiques en résonance magnétique
nucléaire [120, 121, 122]. Un saut de phase peut être décrit par l’opérateur Ûbb, qui modifie
la phase des états de valeur propre μ d’une quantité λμ et qui s’écrit donc

Ûbb =
∑

μ

e−iλμP̂μ. (IV.12)

L’opérateur d’évolution s’écrit alors

Ûbb(t) ∼ ÛN
bb e−iĤZt/�, (IV.13)

avec
ĤZ =

∑
μ

P̂μĤP̂μ, (IV.14)

et on retrouve effectivement une dynamique Zénon quantique [114]. L’idée commune à
ces deux méthodes est d’imposer au système une dynamique très rapide devant le temps
caractéristique de l’évolution du système [115]. La technique bang-bang, par des déphasages
réguliers, annihile l’effet du couplage entre états de sous-espaces différents. Au sein d’un
de ces sous-espaces, l’évolution qui en résulte est physiquement identique à celle obtenue
par des mesures projectives à une phase globale près. Pour une application pratique, le
nombre de sauts de phase ne peut pas être infini et impose une condition sur les déphasages
introduit par Ûbb [? ].

Une troisième approche pour observer une dynamique Zénon sur un système quantique
consiste à soumettre le système à une interaction continue [114]. L’évolution est alors
gouvernée par le Hamiltonien Hc défini par

Ĥc = Ĥ + KĤK , (IV.15)

où K est une constante de couplage et ĤK est un Hamiltonien supplémentaire caractéri-
sant l’interaction continue. On suppose que ĤK a un spectre discret et s’écrit

ĤK =
∑

μ

ημP̂μ. (IV.16)

Dans la limite K → ∞ d’une interaction infiniment forte, l’opérateur d’évolution s’écrit

Ûc(t) = e−iKĤKt/�e−iĤZt/�, (IV.17)
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où
ĤZ =

∑
μ

P̂μĤP̂μ. (IV.18)

Là encore, nous retrouvons une évolution confinée dans les sous-espaces associés à l’inter-
action continue. Cette troisième méthode peut être vue comme une limite de la technique
bang-bang où les sauts sont infiniment proches et où la phase est modifiée en continu. La
condition sur la phase à introduire devient alors une condition sur l’intensité du couplage
de l’interaction continue.

Ces trois méthodes conduisent à des évolutions confinées au sein des sous-espaces
propres et sont donc toutes trois appelées dynamique Zénon quantique. Au sein d’un de
ces sous-espace propres, les évolutions sont identiques à une phase globale près. L’équiva-
lence n’est cependant formellement identique que dans la limite d’une infinité de mesures,
d’une infinité de sauts de phase et d’une interaction infiniment forte. Surtout, les trois évo-
lutions sont identiques au sein d’un sous-espace Zénon, mais pas dans l’espace de Hilbert
tout entier. En effet, la mesure projective annule véritablement les cohérences entre les
différents sous-espaces Zénon alors que les deux autres méthodes ne font qu’introduire une
phase rapidement variable. L’évolution d’un état ayant des composantes dans différents
sous-espaces restera cohérente dans ces derniers cas.

IV.1.2 Application en électrodynamique quantique en cavité

La spécificité de la dynamique Zénon quantique est de générer, même sous l’action
d’un Hamiltonien Ĥ classique, des dynamiques non-classiques. Pour cette raison, elle fait
l’objet d’un intérêt particulier dans le domaine de l’information quantique.

IV.1.2.a Perspectives pour la CQED

Pour l’électrodynamique quantique en cavité, de telles dynamiques sont intéressantes
pour produire des états non-classiques du rayonnement. Raimond et al. ont proposé
un protocole pour implémenter la dynamique Zénon quantique sur le mode du champ
piégé dans la cavité supraconductrice [40]. Un atome de Rydberg qui interagit avec le
mode du champ électromagnétique peut être utilisé pour « mesurer » si le champ est
dans l’état de Fock |n = s〉 contenant s photons. Cette mesure correspond à la ques-
tion « Y-a-t’il exactement s photons dans la cavité ? ». A la réponse « non » sont asso-
ciés tous les états de Fock |n �= s〉. Le sous-espace associé, de dimension infinie, constitue
un sous-espace Zénon.

Raimond et al. propose alors d’observer l’effet d’une telle mesure sur l’évolution gé-
nérée par l’injection d’un champ micro-onde cohérent à l’aide d’une source classique. En
pratique, la méthode propose non pas de réaliser des mesures projectives mais d’appli-
quer des sauts de phases répétés. La séquence alterne donc des injections cohérentes et des
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impulsions micro-ondes qui déphasent sélectivement le niveau |n = s〉. L’avantage de ce
procédé est de pouvoir utiliser le même atome à chaque pas. Par ce procédé, il est possible
d’engendrer diverses dynamiques comme illustré sur la figure IV.3. Les états d’un champ
électromagnétique n’étant couplés qu’entre plus proches voisins, interdire l’état |n = s〉
revient à diviser le sous-espace Zénon en deux sous-espaces disjoints, noté H<s et H>s

et contenant un nombre n < s ou n > s de photons. Sur chaque simulation, le champ
micro-onde n’évolue que dans un des sous-espaces H<s ou H>s, délimité par un cercle
d’exclusion correspondant à l’état |n = s〉. En l’absence de dynamique Zénon, l’injection
d’un champ cohérent se traduit par un déplacement dans l’espace des phases. Ici, le sys-
tème évolue naturellement tant qu’il reste éloigné du cercle d’exclusion. Lorsque ce n’est
plus le cas, la dynamique devient non-classique. Les deux premières simulations montrent
qu’en atteignant le cercle d’exclusion, l’état cohérent se scinde en deux composantes bien
distinctes dans le plan de phase. A cet instant, l’état se trouve dans une superposition de
deux états quasi-cohérents de phase opposée.

Figure IV.3 – Simulations numériques réalistes d’une expérience de QZD du champ
micro-onde dans la cavité. La figure, extraite de Raimond et al. [40], présente la fonction
de Wigner du champ électromagnétique dans l’espace des phases. Des sauts de phase
2π sont appliqués à chaque itération avec s = 6. Le cercle d’exclusion de rayon

√
6

est représenté en pointillé. L’état initial est un état cohérent |α〉 qui varie sur les deux
exemples. (a) α = 0, champ initialement à l’intérieur du cercle d’exclusion. (b) α = −5,
champ à l’extérieur du cercle d’exclusion.

Puisque la dynamique Zénon quantique à l’intérieur d’un sous-espace reste une évolu-
tion cohérente, cette superposition est en fait un état chat de Schrödinger, illustré par la
présence de franges d’interférence sur la fonction de Wigner. La dynamique Zénon quan-
tique est donc une méthode efficace pour préparer des états non-classiques. La taille de
l’état chat est déterminée par la position du cercle d’exclusion, il est donc envisageable
de préparer des états non-classiques mésoscopiques à condition de pouvoir appliquer les
sauts de phase pour de grands nombres de photons s.



IV.1. Notions théoriques sur la dynamique Zénon quantique 135

IV.1.2.b QZD du champ micro-onde

Pour mettre en œuvre ces expériences de dynamique Zénon quantique, il faut être
capable d’appliquer des sauts de phase sélectivement sur l’état |s〉. En l’absence de cou-
plage avec l’atome de Rydberg, les modes du champ sont équirépartis. Lorsque le champ
est couplé à un atome de Rydberg dont la transition entre deux niveaux circulaires |g〉
et |e〉 est résonante avec le mode de la cavité, le spectre des états habillés de l’atome
et du champ présente une forte anharmonicité. Pour un couplage caractérisé par la fré-
quence de Rabi du vide Ω0, les états habillés |±, n〉 sont séparés en énergie d’une quantité√

n + 1�Ω0 (fig. IV.4a) et le spectre devient anharmonique. Depuis un niveau atomique
auxiliaire |h〉 qui n’est pas couplé au mode de la cavité, il est alors possible d’induire
des transitions sélectives vers l’un des niveaux habillés ayant un nombre de photons égal
à s (fig.IV.4b) [41]. On peut alors appliquer une impulsion micro-onde 2π résonante sur
la transition |h, s〉 → |+, s〉 qui ne déphasera l’état |+, s〉 que si n = s. Sinon, la phase
de l’état restera inchangé. Quoi qu’il en soit, l’atome sera toujours dans l’état |h〉 à la fin
de la séquence. Avec le même atome, on peut alors appliquer des sauts de phase répétés
sur le niveau contenant s photons et observer une dynamique Zénon quantique. Il reste
néanmoins qu’il est nécessaire de résoudre spectralement la transition |h, s〉 → |+, s〉 de
|h, n �= s〉 → |±, n �= s〉. Cela nécessite des temps d’interrogation d’autant plus long que
s est grand. Pour s � 1, le temps d’interrogation doit respecter Δt � 4

√
s/Ω0. Dans

le dispositif actuel, le temps d’interaction entre l’atome et le champ est trop court pour
appliquer cette méthode. La nouvelle expérience fontaine permettra d’augmenter signi-
ficativement ce temps d’interaction et d’appliquer la dynamique Zénon quantique pour
préparer des états chat de Schrödinger comme présentés sur la figure IV.3.

|N, � + 2⟩ ,  |�, � + 1⟩ 

 |N, � + 1⟩ ,  |�, �⟩ 

 |N, �⟩ ,  |�, � − 1⟩ 

 |+, � + 1⟩ 

 |−, � + 1⟩ 

 |+, �⟩ 

 |−, �⟩ 

 |+, � − 1⟩ 

 |−, � − 1⟩ 

� + � Ω� 

� + � Ω� 

� Ω� 

RSTU 

(a)

 |+, P + 1⟩ 

 |−, P + 1⟩ 

 |+, P⟩ 

 |−, P⟩ 

 |+, P − 1⟩ 

 |−, P − 1⟩ 

P + 2 Ω0 

P + 1 Ω0 

P Ω0 

 |ℎ, P + 1⟩ 

 |ℎ, P⟩ 

 |ℎ, P − 1⟩ 

(b)

Figure IV.4 – Transition sélective sur les niveaux habillés. (a) Spectre du champ ha-
billé par les atomes de Rydberg circulaires. En couplage nul, le spectre est harmonique.
Lorsque la pulsation de Rabi du vide Ω0 est non nulle, les niveaux habillés sont séparés
d’une quantité proportionnelle à sqrtn + 1. Le spectre devient anharmonique. (b) Cette
anharmonicité permet d’induire des transitions sélectives sur les niveaux habillés avec un
nombre de photons bien précis.
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IV.1.3 Dynamique Zénon quantique d’un spin

Une expérience très similaire peut être réalisée en travaillant sur l’échelle harmonique
d’un spin Ĵ . L’évolution a alors lieu dans l’espace de Hilbert formé des 2j + 1 états de
spin |j, mj〉 avec mj = −j...j. Une source classique de rayonnement couplée à ce spin
engendrera des états cohérents de spin, analogue aux états cohérents du champ électro-
magnétique. La barrière de la dynamique Zénon est réalisée en mesurant uniquement l’un
des états de spin |j, mjz〉.

Le couplage d’un spin à un champ électromagnétique résonant, dans notre cas un
champ radiofréquence, est caractérisé par le Hamiltonien d’interaction établi en (III.20)

Vspin = �Ωrf

2

n−1∑
k=0

√
(n − k − 1)(k + 1)|n, k〉〈n, k + 1| + h.c. (IV.19)

Celui-ci présente une très forte analogie avec le Hamiltonien qui couple un oscillateur
harmonique à une source classique

VOH = �Ω0

2

∞∑
n=0

√
n + 1|n〉〈n + 1| + h.c. (IV.20)

Sous l’effet d’un champ extérieur, un état de spin ne sera couplé qu’à ses premiers voisins
comme c’est le cas pour les états de Fock. En conséquence, priver l’espace de Hilbert
accessible de l’état |j, mjz〉 revient ici aussi à diviser l’espace en deux sous-espaces Zénon
disjoints H<mjz

et H>mjz
. Partant de l’état de spin |j, j〉, l’évolution dans la sphère de

Bloch généralisée se limite à une évolution dans la calotte polaire définie par une latitude
limite liée à kz et analogue du cercle d’exclusion (fig.IV.5).

Figure IV.5 – Analogie entre la dynamique Zénon quantique d’un oscillateur harmonique
et d’un moment cinétique. Dans un cas, la dynamique est confinée à l’intérieur d’un cercle
du plan de phase par une mesure atomique du champ micro-onde quantique. Dans l’autre
cas, la dynamique du spin atomique est restreinte dans une calotte polaire de la sphère
de Bloch généralisée, délimitée par une latitude limite qui correspond à la projection sur
l’axe (Z) de l’état |n, kz〉 mesuré avec une micro-onde classique.
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IV.2 Implémenter la dynamique Zénon avec des ato-
mes de Rydberg

Nous avons déjà expliqué comment au premier ordre, sous l’effet d’une radiofréquence
de polarisation σ+, la dynamique d’un atome de Rydberg hydrogénoïde à l’intérieur d’une
multiplicité n est décrite par l’oscillation dans la sphère de Bloch d’un moment cinétique
J1 = (n − 1)/2. Nous allons maintenant chercher à implémenter sur notre système la
dynamique Zénon de ce spin.

IV.2.1 Dynamique Zénon quantique sur un atome de Rydberg

Nous avons vu au chapitre I qu’à cause du défaut quantique, la structure des niveaux
des états de faibles m n’est pas hydrogénoïde. A l’inverse, les niveaux de grand moment
angulaire, même dans le rubidium, se comporte comme les niveaux paraboliques de l’atome
d’hydrogène. C’est pourquoi nous allons induire des rotations de l’état de l’atome, en
partant d’un atome préparé dans l’état circulaire.

IV.2.1.a Générer une dynamique Zénon quantique

La structure des niveaux de grand m des trois multiplicités ng = 50, ne = 51 et nf = 52
est présentée sur la figure IV.6. L’atome dans ces expériences est préparé dans l’état
circulaire |51, k = 0〉. Sous l’effet d’un champ radiofréquence polarisé σ+, nous savons que
l’état de l’atome évolue dans le sous-espace correspondant à la première diagonale de la
multiplicité (niveaux noirs en gras). Continuant de suivre la convention adoptée jusqu’ici,
les niveaux de cette diagonale, dont la structure est celle d’un spin J1 = (n − 1)/2, seront
notés |51, k〉. Une impulsion de radiofréquence induit une rotation du spin sur la sphère de
Bloch. Pour observer une dynamique Zénon, il faut être capable de mesurer sélectivement
un des niveaux |51, kz〉 de l’échelle. Pour cela, nous utilisons l’effet Stark différentiel et le
fait que l’écart entre les niveaux paraboliques est proportionnel à n. Les fréquences des
transitions |51, k〉 → |50, k〉 pour des k successifs sont séparées d’une quantité Δ/2π =
4, 6 MHz. Pour confiner la dynamique dans un sous-espace, nous allons donc appliquer
en continu un champ micro-onde résonant sur la transition |51, kz〉 → |50, kz〉. Cette
micro-onde habille ces niveaux. Les nouveaux états propres sont les états |±, kz〉, séparés
en énergie de �Ωmw, où Ωmw est la pulsation de Rabi du champ. Cela ouvre une bande
d’énergie interdite qui sépare les états |51, k〉 pour k plus petit ou plus grand que kz. Plus
Ωmw sera grand, plus le confinement sera efficace. Toutefois, pour que la micro-onde reste
non-résonante avec les niveaux |51, kz ± 1〉, la pulsation Ωmw doit être petite devant l’effet
Stark différentiel Δ. Nous avons donc choisi Ωmw ∼ 2π × 3 MHz.

Malgré cela, la micro-onde Zénon induit des effets de déplacements lumineux non né-
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Figure IV.6 – Spectre Stark autour de la multiplicité ne = 51. A gauche sont représentés
les multiplicités ng = 50, ne = 51 et nf = 52. La dynamique Zénon quantique s’effectue
sur les niveaux surlignés en noir dans la multiplicité ne = 51. La micro-onde Zénon est
appliquée ici pour kz = 4. A droite de la figure, un agrandissement sur la multiplicité ne =
51 montre les niveaux d’énergie sans micro-onde Zénon (traits noirs pointillés) ou avec
(traits pleins en couleur). Les sous-espaces Zénon HN et HS sont indiqués respectivement
en vert et en magenta. L’échelle des énergies n’est pas respectées.

gligeables sur les états k �= kz. Pour comprendre la dynamique du spin en présence de la
micro-onde Zénon, il est utile de représenter l’énergie des états habillés |51, k �= kz, Nmw〉,
|50, k �= kz, Nmw + 1〉 et |±, kz〉 dans le référentiel tournant à la fréquence ωrf/2π (fig.IV.7).
Comme vu au chapitre III, cela revient à ajouter à l’énergie du niveau habillé par la micro-
onde l’énergie de Nrf −k photons radiofréquences de fréquence ωrf/2π. On peut voir qu’en
présence de la micro-onde et avec nos paramètres expérimentaux, les niveaux |51, kz − 1〉
et |51, kz + 1〉 restent fortement déplacés, si bien que la plus importante différence d’éner-
gie n’est pas entre |51, kz − 1〉 et |+, kz〉 mais entre |+, kz〉 et |51, kz + 1〉. Sous l’effet de
la micro-onde, l’espace de Hilbert est donc séparé en deux sous-espaces HN et HS tel que
représenté sur la figure IV.6.

La figure IV.7 montre que les niveaux |51, k < kz − 1〉 sont aussi déplacés en énergie.
Ces déplacements, qui pourrait induire l’équivalent d’un effet Kerr, peuvent être partiel-
lement compensé en changeant le désaccord (fig.IV.8). En pratique, la fréquence de la
radiofréquence est fixe et nous changerons le champ électrique pour que la fréquence de la
transition |51, k = 0〉 → |51, k = 1〉 que nous prendrons comme référence ait une fréquence
ω01/2π de 230, 15 MHz.
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Figure IV.7 – Energies des états habillés par la micro-onde Zénon et tenant compte
des photons radiofréquences. Les énergies sont calculées pour le champ électrique Fref tel
que la transition |51, k = 0〉 → |51, k = 1〉 ait une fréquence ω01/2π de 230, 0 MHz (sans
couplage micro-onde). La micro-onde Zénon est appliquée sur kz = 4 avec Ωmw = 2π ×
3, 08 MHz. Le couplage avec la radiofréquence n’est pas pris en compte sur le diagramme.
L’effet Stark quadratique est intégré dans ce diagramme. En pointillé sont tracées les
énergies en l’absence de couplage micro-onde dans la multiplicité ne = 51 (trait horizontal)
et dans la multiplicité ng = 50 (trait oblique).
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Figure IV.8 – Energies des états habillés par la micro-onde Zénon et tenant compte
des photons radiofréquences pour un désaccord tel que ω01 = 2π × 230, 15 MHz. Ce
léger désaccord compense les déplacements lumineux pour que toutes les transitions
|51, k〉 → |51, k + 1〉 aient une fréquence d’environ 230 MHz. Les lignes pointillées re-
présentent l’énergie en l’absence de couplage micro-onde mais avec ce désaccord.
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Pour analyser la dynamique, nous allons dans un premier temps mesurer les proba-
bilités d’occupation Pk des états |51, k〉 à l’aide de sondes micro-ondes. Grâce à l’effet
Stark linéaire différentiel entre les multiplicités ne = 51 et nf = 52, chaque sonde peut
transférer sélectivement un état |51, k〉 vers la multiplicité nf = 52 - en pratique vers les
niveaux |52, k〉 - où les atomes sont alors détectés par ionisation. Toutefois, la dynamique
ayant lieu dans l’espace des états habillés, il faut prendre garde à la façon dont s’éteint
la micro-onde d’habillage, sans quoi la population des états |±, kz〉 va se projeter aléatoi-
rement sur les états |51, kz〉 et |50, kz〉. Nous éteignons donc la micro-onde lentement afin
de transférer de façon contrôlée les états habillés sur les états |51, k〉 et |50, k〉 avant de
détecter ces populations sur les niveaux |51, k〉 et |50, k〉.

La dynamique Zénon se traduisant par une évolution très caractéristique dans l’espace
des phases, nous avons aussi voulu mesurer la fonction Q et la fonction de Wigner de nos
états. Pour mesurer la fonction Q, la procédure expérimentale est exactement dictée par
sa définition (I.65). Une fois l’état préparé par QZD, nous appliquons une impulsion ra-
diofréquence calibrée pour générer une rotation R(Θ, Φ) et nous mesurons la probabilité
d’être dans l’état circulaire. Pour la fonction de Wigner, nous mesurons toutes les proba-
bilités Pk après la rotation et nous utilisons un algorithme pour reconstruire la matrice
densité à partir des mesures des valeurs de 〈ne, k|R†(Θ, Φ)ρR(Θ, Φ)|ne, k〉.

Pour la mesure de la fonction Q ou de la fonction de Wigner, l’étape de déshabillage
adiabatique pose problème. Dans les deux cas, il faut induire les rotations sur la sphère
de Bloch généralisée avant que la décohérence n’ait annulé les termes non-diagonaux de
la matrice densité. Or, les temps de cohérence dans notre expérience sont limités par
les inhomogénéités, en particulier celles du champ électrique, à des durées de l’ordre de
1μs. Le déshabillage adiabatique, lui, nécessite 6μs. C’est pourquoi nous avons choisi de
réaliser la rotation de reconstruction en présence de la micro-onde d’habillage. Elle est
donc réalisée par un champ radiofréquence de grande intensité Ω′

rf qui induit des couplages
∼ √

neΩ′
rf entre les niveaux |51, k〉 supérieurs à la largeur de la bande d’énergie interdite

ouverte par la micro-onde.

IV.2.1.b Séquence temporelle de l’expérience

L’expérience de dynamique Zénon en elle-même implique déjà trois multiplicités voi-
sines. Pour préparer un état circulaire |51, k = 0〉 de très grande pureté indispensable
pour commencer ces manipulations, nous avons réalisé la circularisation dans la multipli-
cité nc = 49 par un passage adiabatique, après une impulsion laser de 1μs qui excite l’état
|49, m = 2〉 (fig.IV.10). Une impulsion de purification à deux photons transfère ensuite les
atomes de l’état |49, k = 0〉 sur l’état |51, k = 0〉 (fig.IV.9). La micro-onde d’habillage
est alors allumée et le reste pendant toute la phase de manipulation atomique. La dy-
namique est induite par une première impulsion de radiofréquence de faible intensité.
Le cas échéant, une deuxième impulsion de radiofréquence plus puissante peut être ap-
pliquée juste après pour la phase de reconstruction. Ensuite, la micro-onde est éteinte
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Figure IV.9 – Multiplicités mises en jeu dans l’expérience de QZD (l’échelle des énergies
n’est pas respectée). Les atomes sont circularisés dans la multiplicité nc = 49, puis l’état
est purifié vers le niveau |51, k = 0〉. Le champ radiofréquence polarisé σ+ génère une
dynamique à l’intérieur de la multiplicité n = 51 sur les niveaux |51, k〉 (en gras). La
micro-onde Zénon induit un couplage continu entre le niveau |51, kz〉 et le niveau |50, kz〉
(en rouge). Tous les niveaux jusqu’à k = 5 des multiplicités ne = 51 et ng = 50 sont
mesurés par des sondes micro-ondes qui transfèrent la population vers la multiplicité
nf = 52.

lentement afin de réaliser le déshabillage adiabatique des états. Les niveaux habillés sont
alors transférés dans les niveaux non couplés |50, k〉 et |51, k〉 et ceux-ci sont détectés par
des sondes micro-ondes, qui transfèrent les populations vers la multiplicité nf = 52, où ils
sont détectés par ionisation.
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Figure IV.10 – Séquence temporelle utilisée pour les expériences de dynamique Zénon
quantique. La hauteur des impulsions radiofréquences est juste une indication de l’inten-
sité du champ radiofréquence utilisée.

IV.2.2 Choix des paramètres et réglages expérimentaux

Nous présentons ici les réglages expérimentaux nécessaires pour l’expérience. Ces ré-
glages sont essentiels pour choisir les paramètres qui nous permettrons d’observer la dy-
namique Zénon quantique.

IV.2.2.a Réglage du champ électrique par interférométrie de Ramsey

L’étude du spectre Stark en présence de la micro-onde Zénon montre qu’il est inté-
ressant de travailler à un champ électrique tel que ω01/2π = 230, 15 MHz (cf §IV.2.1.a).
Nous avons réalisé la mesure du champ électrique par une expérience d’interférométrie
de Ramsey dont le principe est décrit sur la figure IV.11. Celle-ci consiste en deux im-
pulsions radiofréquences de même durée et de même puissance (générées par la même
paire d’électrodes), séparées d’une durée Δtr. Partant du niveau |51, k = 0〉, on génère
avec la première impulsion une rotation sur la sphère de Bloch généralisée qui prépare un
état cohérent de spin |Θ, 0〉. L’état évolue ensuite pendant le temps Δtr, puis on induit
une nouvelle rotation avec la deuxième impulsion, identique à la première. Enfin, nous
mesurons la population du niveau circulaire. Pendant la durée Δtr, l’état cohérent de
spin tourne autour de l’axe (Z) de la sphère de Bloch généralisée à la vitesse angulaire
δ = ωat − ωrf et acquiert donc une phase Φ = δΔtr. Si Δtr = π/δ, le spin revient après
la deuxième impulsion sur l’état circulaire. En mesurant la probabilité d’occupation du
niveau circulaire en fonction de Δtr, on observe un signal périodique de fréquence δ/2π.
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Figure IV.11 – Principe de la spectroscopie par interférences de Ramsey. Une première
impulsion génère un état cohérent de spin par une rotation autour de l’axe (X). Entre les
deux impulsions, l’état tourne autour de l’axe (Z) de la sphère de Bloch proportionnel-
lement au désaccord δ. La deuxième impulsion induit une dernière rotation sur la sphère
de Bloch autour de l’axe (X). On mesure ensuite le recouvrement de l’état avec le niveau
|51, k = 0〉 représenté par un cercle autour du pôle Nord.

Néanmoins, l’effet Stark quadratique lève la dégénérescence entre les transitions
|51, k〉 → |51, k + 1〉 dont les fréquences diminuent de 14 kHz à mesure que k augmente.
Pour mesurer ω01, l’angle Θ doit rester assez petit de manière à ne peupler que les états
|51, k = 0〉 et |51, k = 1〉. Les impulsions sont donc courtes et de faibles amplitudes. Pour
mesurer une valeur de δ/2π de 150 kHz, il faut à priori observé les oscillations sur un
temps de ∼ 7μs. A la place, nous calibrons le champ électrique en observant les franges
de Ramsey pour deux valeurs du champ électrique de 0, 01 V/cm en dessous ou au des-
sus de la valeur pour laquelle nous espérons avoir ω01 = 2π × 230 MHz (fig.IV.12). Nous
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Figure IV.12 – Mesure de la fréquence ω01/2π par interférences de Ramsey. A partir
de l’étalonnage du champ électrique fait par spectroscopie micro-onde (cf §II.2.2.a), on
désaccorde la transition d’environ −1 MHz (resp. +1 MHz) et on mesure Pk=0, indiquée
par les points noirs (resp. rouges). Le signal d’interférence oscille avec une fréquence
positive ou négative qui correspond à un sens ou l’autre de rotation dans la sphère de
Bloch. Sa mesure nous donne δ/2π = −0, 70 MHz (resp. 1, 32 MHz).



144 Chapitre IV. Dynamique Zénon quantique d’un atome de Rydberg

mesurons alors δ− et δ+ (avec typiquement |δ+ − δ−| = 2π × 2 MHz). Par interpola-
tion linéaire, nous pouvons calculer la valeur du champ électrique à appliquer pour avoir
ω01 = 2π × 230, 15 MHz.

IV.2.2.b Etalonnage de la micro-onde

Le couplage entre la micro-onde Zénon et les atomes est l’un des paramètres essentiels
dans le confinement de la dynamique. Pour le connaître, il nous faut mesurer les énergies
des niveaux habillés |±, kz〉 par une mesure spectroscopique du doublet d’Autler-Townes.
Pour ce faire, la micro-onde Zénon est appliquée durant tout le temps de la mesure et
une impulsion micro-onde sonde le spectre autour du niveau |50, kz〉. L’écart entre les
deux résonances qu’on observe est égal à �Ωmw. Puisque la circularisation a lieu dans la
multiplicité nc = 49, il est aisé de faire la spectroscopie autour de la transition |49, kz〉 →
|50, kz〉. On prépare donc les atomes dans le niveau |49, kz〉 en dégradant volontairement le
passage adiabatique de circularisation et on peut alors sonder la transition vers le niveau
|50, kz〉.

La figure IV.13 résume le principe et présente une mesure pour kz = 4. La micro-onde
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Figure IV.13 – Mesure de la fréquence de Rabi Ωmw/2π de la micro-onde Zénon. (a)
Principe de la mesure. Depuis le niveau |49, kz〉, peuplé par un passage adiabatique à la
limite des conditions d’adiabaticité, une micro-onde sonde le niveau |50, kz〉 habillé par la
micro-onde Zénon. Les deux micro-ondes peuvent être allumées simultanément grâce à un
deuxième quadrupleur (cf annexe C). (b) Spectroscopie des états |±, kz = 4〉 habillés par
la micro-onde Zénon. La puissance en sortie du générateur est de 8, 75 dBm. Les résonances
sont ajustées par des fonctions gaussiennes. On mesure ici Ωmw/2π = 3, 08 MHz.
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Zénon est allumée entre 6μs et 10μs et la spectroscopie est faite entre 7μs et 8μs. La
puissance de la micro-onde de sonde doit être faible pour ne pas introduire de déplacements
lumineux supplémentaires. On mesure dans cette situation une pulsation de Rabi de la
micro-onde Zénon de Ωmw = 2π × 3, 08 MHz. En changeant la puissance de la micro-onde
Zénon, nous pouvons contrôler l’énergie des niveaux habillés.

Sur le même principe, nous avons mesuré les différents déplacements lumineux induits
par la micro-onde Zénon sur tous les niveaux du sous-espace HN pour kz = 4. Les spectro-
scopies sont répétées pour différentes puissances de la micro-onde (fig.IV.14). Les mesures
sont comparées aux valeurs théoriques des déplacements lumineux (lignes continues). Le
déplacement lumineux ΔEk du niveau |51, k〉 vaut

ΔEk = �

2

(√
Ω2

mw + (kz − k)2Δ2 − (kz − k)Δ
)

, (IV.21)

où Δ est l’effet Stark linéaire différentiel. Au champ électrique de 2, 35 V/cm pour lequel
le champ radiofréquence est résonant avec le spin, l’effet Stark linéaire différentiel entre
ne = 51 et ng = 50 est de Δ = 2π × 4, 63 MHz. L’accord montre que le couplage avec la
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Figure IV.14 – Déplacements lumineux induits par la micro-onde Zénon sur les niveaux
|51, k〉 dans le cas kz = 4. Les mesures sont similaires à celles faites précédemment mais
sont réalisées depuis la multiplicité n = 48, sans influence néanmoins. Les déplacements
lumineux sont tracés en fonction du désaccord Δ entre les transitions |50, k〉 → |51, k〉 et
|50, kz〉 → |51, kz〉.
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micro-onde est bien contrôlé. Notons que pour retrouver les valeurs absolues des énergies
tracées au diagramme IV.7, il faut inclure l’effet Stark quadratique qui décale chaque
transition de −14 kHz.

IV.2.2.c Déshabillage adiabatique de la micro-onde

Sous l’action de la micro-onde, la dynamique du spin fait intervenir les états habillés
|±, kz〉. Pour pouvoir mesurer leur population, nous avons mis en place à la fin des manipu-
lations atomiques une séquence de déshabillage adiabatique. Au terme de cette séquence,
les niveaux habillés |±, kz〉 doivent se brancher adiabatiquement sur les niveaux non cou-
plés |51, kz〉 et |50, kz〉. Le principe exploite les propriétés du passage adiabatique d’un
système à deux niveaux (cf §III.1.2.a). Deux étapes sont nécessaires pour y arriver :

– Le champ électrique est diminué en 3μs afin de désaccorder la micro-onde Zénon
(de fréquence ωzénon) et la transition atomique |50, kz〉 → |51, kz〉 (de fréquence ωkz)
d’une quantité δ = ωzénon − ωkz < 0.

– L’amplitude de la micro-onde est diminuée adiabatiquement en 4, 5μs : Ωmw → 0.
Lorsque |δ| � Ωmw, les états |±, kz〉 se projettent sur les états |51, kz〉 ou |50, kz〉

|+, kz〉 → |51, kz〉 (IV.22)
|−, kz〉 → |50, kz〉 (IV.23)

La mesure de la population de l’état |51, kz〉 (resp. |50, kz〉) après extinction adiabatique
est en fait une mesure de la population de l’état |+, kz〉 (resp. |−, kz〉).

Ce problème de mesure, présenté ici pour l’état kz, est valable pour les états k �=
kz qui sont eux aussi habillés par la micro-onde. Pour ces niveaux, la même séquence
marchera à condition que la micro-onde Zénon soit désaccordée de la transition |50, kz〉 →
|51, kz〉 sans pour autant s’accorder sur une transition voisine. Nous avons choisi comme
critère pour chaque kz de varier le champ électrique jusqu’à ce que le désaccord soit
δ = Δ/2. De cette façon, la fréquence de la micro-onde Zénon est exactement entre les
deux transitions |50, kz〉 → |51, kz〉 et |50, kz + 1〉 → |51, kz + 1〉, soit ωmw = 1/2(ωkz +
ωkz+1) (fig.IV.15a). Selon les valeurs de kz, cela revient à diminuer le champ électrique d’un
facteur 0, 88, 0, 90 ou 0, 92 pour kz = 3, 4, 5. Pour contrôler le désaccord, nous réalisons
une spectroscopie micro-onde des transitions |50, k〉 → |51, k〉 de fréquences ωk/2π, avant
et après la variation de champ électrique. Les données sont tracées sur la figure IV.15b
dans le cas kz = 3.

Une fois le champ désaccordé, la puissance micro-onde est diminuée lentement pendant
3μs en diminuant l’amplitude du signal en amont du quadrupleur (cf §II.1.4) avec une
pente de 2 dB/μs. Puis la micro-onde est définitivement éteinte.

Pour caractériser le déshabillage adiabatique, nous avons préparés directement les états
|±, kz〉 en réalisant une impulsion micro-onde π depuis le niveau |49, kz〉 en présence de
micro-onde Zénon. Nous avons ensuite observer l’effet du déshabillage en jouant une sé-
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Figure IV.15 – Réduction du champ électrique pour le déshabillage adiabatique. (a) Mise
en désaccord de la micro-onde Zénon. Dans le premier cadre, la micro-onde est résonante
avec la transition |50, kz〉 → |51, kz〉. On réduit alors le champ électrique jusqu’à avoir un
désaccord δ = Δ/2 = 2, 3 MHz. (b) Spectroscopies micro-ondes autour de la transition
|50, kz = 3〉 → |51, kz = 3〉. On prépare les états |50, kz − 1〉, |50, kz〉 et |50, kz + 1〉 à partir
de k = 0, par une impulsion radiofréquence qui génère un état cohérent de spin, et on
observe les transitions de ces états vers la multiplicité ne = 51. Les points noirs (resp.
rouges) sont pris pour un champ électrique de 2, 35 V/cm (resp. 0, 88 × 2, 35 V/cm). Les
traits pleins sont des ajustements gaussiens des résonances. Après le changement de champ
électrique, la micro-onde Zénon (de fréquence 51, 084 GHz pour kz = 3) est à mi-chemin
entre deux transitions correspondant à k = kz et k = kz + 1.

quence de déshabillage complète mais en éteignant la micro-onde Zénon prématurément.
La figure IV.16 montre la population des états |50, kz〉 et |51, kz〉 en fonction de l’instant
d’extinction. A t = 6μs, la micro-onde est allumée. Entre t = 7μs et t = 8, 2μs, nous ap-
pliquons l’impulsion micro-onde de préparation qui transfère les atomes de l’état |49, kz〉
dans |±, kz〉. Si la micro-onde Zénon est éteinte avant t = 7μs, la micro-onde de prépara-
tion, qui est accordée sur la fréquence |49, kz〉 → |±, kz〉 en présence d’habillage, n’est pas
résonante avec les atomes et n’excite aucun atome dans les niveaux |50, kz〉 et |51, kz〉. Si la
micro-onde s’éteint à un instant 7 ≤ t ≤ 8, 2μs (entre (i) et (ii)), cela raccourcit la durée
effective de l’impulsion de préparation, ce qui se traduit par un nombre réduit d’atomes
préparés. A partir de (ii), le nombre d’atomes total est toujours conservé. A 9μs (iii), le
champ électrique commence à être désaccordé, et cela jusqu’à 12μs (iv). Si la micro-onde
Zénon s’éteint au cours de cette phase, le système se projette de façon non contrôlé sur les
états |50, kz〉 et |51, kz〉. A 12μs commence l’extinction progressive de la micro-onde, qui
dure 3μs (v). On voit qu’il est important que l’amplitude de la micro-onde ait diminuée
lentement (au moins jusqu’à t = 14μs) avant de couper brutalement la micro-onde si l’on
veut que les états habillés se projettent entièrement sur les états non couplés |51, kz〉 et
|50, kz〉. Les états habillés |±, kz〉 étant orthogonaux, on observe une symétrie parfaite
dans les signaux. Les sommes restent constantes, elles témoignent qu’aucun atome n’est
perdu au cours du processus.
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Figure IV.16 – Evolution des populations lors du déshabillage adiabatique. Dans cette
expérience, la micro-onde Zénon est accordée sur la transition |50, kz = 3〉 → |51, kz = 3〉.
Elle est allumée à partir de 6μs, et on fait varier la durée de l’impulsion. A 7μs (i), une
deuxième micro-onde est allumée jusqu’à 8, 2μs (ii). La fréquence de cette dernière est
choisie pour exciter l’état |+, kz = 3〉 (courbes noire et bleue) ou l’état |−, kz = 3〉 (courbes
rouge et verte). A la fin de l’expérience, on détecte avec les sondes les populations de
l’état |51, kz〉 (courbes verte et bleue) et |50, kz〉 (courbes noire et rouge). En cyan (resp.
magenta) sont tracées les sommes des populations de ces deux niveaux après la préparation
de |+, kz〉 (resp. |−, kz〉).

En toute fin d’expérience, les mesures par les sondes 50 et 51 nous donneront donc
une information sur les populations des états habillés par la micro-onde. Nous pouvons
ainsi distinguer la population des états |+, kz〉 et |−, kz〉.

IV.2.2.d Optimisation des sondes

Pour mesurer les probabilités d’occupation des niveaux peuplés lors de cette dyna-
mique, des sondes micro-ondes, dont le principe est analogue à celles utilisées au chapitre
précédent, transfèrent sélectivement les atomes d’un niveau |51, ks〉 ou |50, ks〉 vers un
niveau |52, ks〉 où ils sont détectés par ionisation. Nos expériences ont été réalisées avec
kz = 3, kz = 4 ou kz = 5 et nous avons donc mesurés les niveaux de ks = 0 à ks = 5.

Les sondes sont ajustées à un champ de 2, 37 V/cm. Pour optimiser ces sondes, nous
effectuons une oscillation de Rabi temporelle sur la transition |ns, ks〉 → |52, ks〉. La
puissance est alors choisie de sorte à effectuer une impulsion π pour une durée d’environ
0, 9μs. La micro-onde ayant une structure d’onde stationnaire dans la cavité, la sonde



IV.2. Implémenter la dynamique Zénon avec des atomes de Rydberg 149

est appliquée préférentiellement sur un ventre de l’onde. Expérimentalement, le taux de
transfert maximal que l’on peut atteindre y est meilleur. Nous varions donc le début de
l’impulsion de sonde entre 19μs et 34μs pour obtenir un transfert optimal. L’efficacité
des sondes 51 (ηks) ou 50 (η′

ks
) n’est pas mesurée au cours de cette procédure mais par

une méthode différente. L’optimisation est donc réalisée sans se soucier de la pureté de
préparation des états sondés |ns, ks〉 comme c’était le cas au chapitre précédent.

IV.2.2.e Les électrodes radiofréquences

Une séquence expérimentale contient jusqu’à trois impulsions de radiofréquence. Une
première impulsion réalise le passage adiabatique. Une seconde induit la dynamique que
nous cherchons à étudier et une troisième nous permet le cas échéant de mesurer la fonction
Q ou la fonction de Wigner. Pour la reconstruction de la fonction Q ou de la fonction de
Wigner, il nous faut être en mesure d’appliquer un champ radiofréquence polarisé σ+ dont
la phase est différente de celle du champ qui génère la dynamique. Comme nous ne pouvons
pas changer les phases en cours de séquence, une deuxième source radiofréquence σ+ est
nécessaire. Nous avons pour cela séparé les quatre électrodes en deux paires qui génèrent
chacune un champ polarisé σ+. La première paire d’électrodes {1, 2} est utilisée pour
créer le champ de forte intensité nécessaire pour la circularisation, ainsi que pour générer
le champ d’intensité plus faible qui va induire la rotation du spin, avec une pulsation de
Rabi Ωrf , en présence de la micro-onde Zénon. Pendant cette phase, le couplage induit par
la radiofréquence ∼ √

neΩrf doit être inférieur à la largeur de la bande d’énergie interdite
ouverte par la micro-onde ∼ Ωmw. (cf fig.IV.8). La deuxième paire, elle, est utilisée pour
reconstruire l’état du spin sur la sphère de Bloch pour la mesure de la fonction Q et de la
fonction de Wigner et induit un couplage de pulsation de Rabi Ω′

rf ∼ 6Ωrf de sorte que,
cette fois,

√
nΩ′

rf soit grand devant Ωmw.

La phase relative Φ entre ces deux sources de champ radiofréquence peut être étalonnée
par détection homodyne [108, 123]. Partant de l’état circulaire |51, k = 0〉, chaque paire
d’électrodes est allumée en même temps pendant une durée t1 = t2 (fig.IV.17a). Puisque
Ω′

rf � 6Ωrf , l’impulsion de la première paire d’électrodes agit comme une perturbation. On
choisit la durée de l’impulsion de sorte qu’en un temps t2, la deuxième paire d’électrode
seule commence à peupler l’état |51, k = 4〉 (à environ 50% de la population maximale que
l’on peut mesurer). On mesure alors la population de cet état avec la sonde adaptée pour
différentes valeurs de la phase relative entre les deux électrodes. Le signal est présenté sur
la figure IV.17b.

Lorsque les deux sources de champ radiofréquence sont en phase, les champs qu’elles
créent interfèrent constructivement : l’état |51, k = 4〉 est alors plus peuplé lorsque
les sources sont allumées simultanément que lorsqu’on applique une impulsion avec la
deuxième paire seulement. Lorsque les sources sont en opposition de phase, les champs in-
terfèrent destructivement et la population descend presque à 0. Cette mesure nous donne
donc une calibration de la phase relative entre les paires d’électrodes au niveau des atomes.
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Figure IV.17 – Etalonnage de la phase relative par détection homodyne. (a) Séquence
temporelle de l’expérience. Les deux paires d’électrodes sont allumées simultanément pen-
dant une durée de 0, 19μs. (b) Probabilité d’occupation du niveau |51, k = 4〉 en fonction
de la phase relative entre les deux sources de radiofréquence. Les données sont ajustées par
une fonction sinus, qui suppose une variation linéaire de la population du niveau |51, k = 4〉
avec l’amplitude radiofréquence totale. Cette hypothèse est valable si la première paire
agît comme une perturbation de la seconde. Le maximum de population permet de fixer
Φ = 0. La population P4 reste toujours inférieure à la population maximale, ce qui signifie
qu’on reste dans la gamme de puissance où la population varie de façon monotone avec
l’amplitude du champ.

IV.3 Réalisations expérimentales de la dynamique
Zénon quantique

Les éléments présentés jusqu’à maintenant nous permettent de contrôler finement les
conditions expérimentales et nous disposons des outils de mesures nécessaires pour ob-
server la dynamique du spin. Les résultats expérimentaux que nous avons obtenus sont
décrits dans cette partie.

IV.3.1 Génération d’un état cohérent de spin

Dans un premier temps, nous avons étudié la dynamique induite par le champ radio-
fréquence en l’absence de micro-onde Zénon. Sous l’effet de ce champ, l’état du système
évolue en un état cohérent de spin.
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IV.3.1.a Mesures des populations des états

L’expérience est réalisée au champ électrique tel que ω01 = 2π × 230, 15 MHz pour
être dans les mêmes conditions que l’expérience de dynamique Zénon. Une fois l’atome
préparé dans l’état |51, k = 0〉, la paire d’électrodes {1, 2} est allumée pendant une durée
variable t1. L’impulsion de radiofréquence finit toujours à l’instant 8μs et commence à un
instant variable. A la fin de la séquence, l’une des sondes micro-ondes du niveau |51, ks〉
est appliquée pour mesurer la population de ce niveau. La séquence est résumée sur la
figure IV.18. Le calcul des probabilités d’occupation Pk est similaire à la méthode utili-
sée au chapitre III. Les atomes transférés dans la multiplicité nf = 52 sont détectés par
ionisation. Pour tenir compte d’un éventuel fond sur les signaux d’ionisation, on mesure
le nombre d’atomes détecté au seuil du niveau |52, ks〉 avec ou sans l’application de l’im-
pulsion de sonde (noté #(52, ks) et #(52, ks)(0)). La différence est ensuite normalisée par
le nombre d’atomes #(51, k = 0) initialement présent sur le niveau circulaire |51, k = 0〉.
Celui-ci est mesurée par une séquence sans impulsion de champ radiofréquence. Ce calcul
nous donne en fait la probabilité d’occupation Pk à l’efficacité ηk de la sonde près

ηkPk = #(52, k) − #(52, k)(0)

#(51, k = 0) (IV.24)

Les données brutes de la dynamique en l’absence de micro-onde Zénon vont nous per-
mettre d’extraire la fréquence de Rabi Ωrf , le retard à l’allumage t1,off et les efficacités de
détection ηk à partir d’un ajustement sur une simulation numérique complète de l’expé-
rience. Nous obtenons Ωrf/2π = 152 ± 4 kHz, t1,off = 69 ns et des efficacités respectives
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Figure IV.18 – Séquence expérimentale de l’injection d’un état cohérent. Pendant la
phase de préparation, . La phase d’injection est simplement constituée d’une impulsion
radiofréquence de durée variable, représentée ici arbitrairement pour une durée de 1, 5μs.
La fin de l’impulsion est fixe, et le début est avancée au fur et à mesure que l’on veut
augmenter la durée d’injection t1. Les sondes n’ont lieu que bien plus tard, à 19μs, afin
d’être dans les mêmes conditions que l’expérience de dynamique Zénon à venir.
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ηks de 0, 90 ± 0, 02, 0, 90 ± 0, 01, 0, 90 ± 0, 01, 0, 87 ± 0, 02 et 0, 84 ± 0, 02 pour ks = 0...5.
La valeur de t1,off obtenu est en parfait accord avec la durée de 68 ns trouvée aux expé-
riences de circularisation (cf §III.3.2). De même, la mesure de Ωrf est en bon accord avec
des étalonnages - similaires à ceux réalisés au chapitre II.1 - qui prédisent une valeur de
Ωrf/2π = 138 ± 10 kHz.

L’ajustement est fait en tenant compte notamment de l’effet Stark quadratique. Cette
correction est toutefois très faible ; la figure IV.19 présente les valeurs des probabilités
d’occupation Pk corrigés des efficacités de détection en fonction de t1 et les compare à
l’évolution des populations d’un état cohérent de spin |Θ(t), 0〉 donnée par (I.64), avec
Θ(t) = Ωrf (t1 − t1,off ). Les données coïncident parfaitement avec le modèle de l’état
cohérent de spin. L’accord montre que l’approximation de notre système par un spin, qui
consiste à négliger les effets du champ électrique au deuxième ordre, est justifiée.
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Figure IV.19 – Evolution des probabilités d’occupation du spin en l’absence de micro-
onde Zénon. Les données sont corrigées des efficacités de détection. Les barres d’erreurs
sont statistiques (égales à l’écart-type). Les couleurs pour k = 0...5 sont indiquées par les
encadrés. Le modèle de l’état cohérent de spin (lignes continues) reproduit parfaitement
l’expérience. Dans les encadrés sont indiqués la répartition des populations à trois instants
différents de la dynamique. Les barres correspondent aux mesures et les points jaunes aux
modèles de l’état cohérent de spin.

L’expérience présentée est donc un moyen aisé d’étalonner l’efficacité des sondes 51.
Il est possible de reproduire l’expérience dans la multiplicité ng = 50 afin d’étalonner
les sondes micro-ondes 50. La procédure est en tout point identique, seules les valeurs
des différents paramètres doivent être réajustés pour changer de multiplicité. Après le
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passage adiabatique qui prépare l’état |49, k = 0〉, l’impulsion de purification transfère les
atomes vers le niveau |50, k = 0〉. Le champ électrique est réglé par une expérience de
franges de Ramsey à 2, 40 V/cm, pour que la transition |50, k = 0〉 → |50, k = 1〉 soit à
230, 15 MHz. Après l’injection d’un état cohérent de spin par la radiofréquence, les po-
pulations de chaque niveau |ng = 50, k〉 sont mesurées par la sonde micro-onde à deux
photons. Les données sont présentées sur le graphique et comparées aux simulations nu-
mériques (fig.IV.20). De ces mesures, on extrait l’efficacité η′

ks
des sondes 50, qui valent

respectivement 0, 87±0, 03, 0, 84±0, 03, 0, 86±0, 05, 0, 86±0, 02, 0, 83±0, 03 et 0, 78±0, 03
pour ks = 0...5.
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Figure IV.20 – Dynamique sans micro-onde Zénon dans la multiplicité ng = 50. Cette
courbe nous sert d’étalonnage pour les sondes micro-ondes à deux photons qui mesurent les
états |50, k〉. Un ajustement sur une simulation numérique de l’expérience (traits continus)
donne l’efficacité de transfert des sondes. A titre d’exemple, les données sont ici présentées
sans la correction par l’efficacité des sondes η′

ks
.

IV.3.1.b Fonction Q d’un état cohérent de spin

Pour mesurer la fonction Q de l’état cohérent que nous venons de générer, il faut
induire une rotation R(Θ, Φ) sur la sphère de Bloch généralisée. Le recouvrement de
l’état après rotation avec le niveau |51, k = 0〉 nous donne alors la valeur de la fonction
Q à un facteur n/4π près. Cette rotation est réalisée avec la deuxième paire d’électrodes
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{3, 4}, beaucoup plus puissante que la première. Avant de mesurer la fonction Q, nous
allons caractériser la rotation induite par cette deuxième paire d’électrodes.

Pour cela, nous reproduisons l’expérience précédente en utilisant cette fois les élec-
trodes servant à la reconstruction. A partir de l’état |51, k = 0〉, une impulsion de radio-
fréquence est appliquée pendant une durée t2 variable (fig.IV.21a) : on retrouve effective-
ment l’allure d’un état cohérent de spin IV.21b. Cependant, l’intensité du champ étant
beaucoup plus grande, le spin tourne beaucoup plus vite et les états mesurés se dépeuplent
très rapidement. Ces mesures permettent d’extraire ici la pulsation de Rabi de la radio-
fréquence Ω′

rf/2π = 866 ± 52 kHz et la durée effective t2 − t2,off avec t2,off = 74 ± 1 ns.
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Figure IV.21 – Dynamique sans micro-onde Zénon générée par les électrodes de recons-
truction. (a) Séquence temporelle de l’expérience. (b) Probabilités d’occupation Pk des
niveaux |51, k〉. Les données sont corrigées des efficacités de détection. Les lignes continues
représentent les simulations numériques correspondantes.

Connaissant les caractéristiques de l’impulsion de reconstruction, nous pouvons désor-
mais mesurer la fonction Q de l’état cohérent. L’état cohérent ayant une allure gaussienne
selon toutes les coupes que l’on peut réaliser, nous n’avons mesuré que la fonction Q(Θ, Φ)
selon deux directions, l’une à Θ = cste et l’autre à Φ = cste. Dans les deux cas, l’état
|Θ1, 0〉 étudié est généré par la première paire d’électrodes avec Θ1 = Ωrf (t1 − t1,off ), où
t1 = 0, 66μs.

Dans une première expérience, nous étudions le profil à Θ = cste. La rotation de
reconstruction R(Θ2, Φ) est produite par une impulsion de durée t2 telle que Θ2 = Ω′

rf (t2−
t2,off ) = Θ1 soit une durée t2 − t2,off = 0, 11μs. Le profil obtenu en faisant varier Φ est
présenté sur la figure IV.22a. Plusieurs éléments remarquables peuvent être soulignés.
Tout d’abord, la fonction Q n’est pas centrée sur Φ0 = π. Le décalage de Φ1 = 18, 7◦

que l’on observe est dû au désaccord δ = 150 kHz entre la radiofréquence et la fréquence
ν01 de la première transition, ainsi qu’à l’effet Stark quadratique qui modifie le désaccord
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Figure IV.22 – Coupes de la fonction Q de l’état cohérent de spin. (a) Coupe selon Φ
avec Θ = cste. L’inhomogénéité cause un élargissement de la fonction Q. (b) Coupe selon
Θ avec Φ = cste. Le modèle de l’état cohérent coïncide avec les mesures.

en changeant progressivement la fréquence des transitions atomiques. D’autre part, nous
remarquons que la largeur du profil mesuré est plus grande que la largeur prédite par le
modèle de l’état cohérent de spin |Θ1, Φ1〉 (en rouge). L’élargissement de l’état cohérent
peut s’expliquer par les inhomogénéités de champ électrique de l’expérience. Tous les
atomes ne sont pas autant désaccordés et ne tournent pas à la même vitesse, créant une
dispersion dans la direction azimutale. Pour mesurer cette inhomogénéité, nous avons
réalisé des simulations numériques de cette expérience (injection et reconstruction) en
modélisant l’inhomogénéité par une dispersion gaussienne de la fréquence atomique Δωat.
On trouve une largeur comparable pour Δωat = 2π × 216 kHz (courbe verte) mais la
mesure n’est pas précise. Pour déterminer les inhomogénéités plus rigoureusement, nous
avons fait une expérience similaire où nous avons répété cette mesure pour différents délais
entre les deux impulsions. A partir de l’élargissement de l’état cohérent avec le temps,
nous en avons déduit une valeur de Δωat = 2π × 174 kHz.

Dans une deuxième expérience, le même état cohérent |Θ1, 0〉 est généré par la première
paire d’électrodes et nous appliquons une rotation R(Θ, Φ0 + Φ1) avec Θ = Ω′

rf (t2 − t2,off )
variable. Le profil mesuré est tracé sur la figure IV.22b. Les données sont comparées à la
fonction Q théorique d’un état cohérent de spin |Θ1, Φ0〉. Cette fois-ci, l’accord est très
bon puisque l’inhomogénéité n’a pas d’effet sur la rotation autour de l’axe (X).

Ces expériences montrent que notre système est très bien modélisable par un moment
cinétique puisque l’état atomique après injection de radiofréquence s’accorde très bien avec
le modèle de l’état cohérent de spin. De plus, la mesure de la fonction Q est maîtrisée et
elle permet, en outre, de mesurer l’inhomogénéité. Nous pouvons envisager, avec les outils
d’analyse qui sont à notre disposition, étudier la dynamique Zénon quantique.
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IV.3.2 Observation de la dynamique Zénon quantique

Nous décrivons ici plusieurs expériences de dynamique Zénon quantique réalisées avec
des valeurs de kz entre 3 et 5. L’étude de la dynamique sur la sphère de Bloch n’a été
réalisé que dans le cas kz = 4.

IV.3.2.a Mesures des populations lors de la QZD

Pour étudier l’évolution de l’état atomique lors de la dynamique Zénon quantique,
nous allons induire une rotation de l’état cohérent de spin (cf §IV.3.1) en présence de la
micro-onde Zénon. Le champ électrique est toujours réglé par interférence de Ramsey à
230, 15 MHz. A 6μs, la micro-onde Zénon est allumée. Un champ radiofréquence est alors
injecté pendant une durée t1, finissant à 8μs. A partir de 9μs commence le déshabillage
adiabatique décrit au paragraphe IV.2.2.c. A la fin, les probabilités d’occupation sont
mesurées par les sondes micro-ondes. Pour cette expérience, nous mesurons l’occupation
des six premiers niveaux |k〉 des multiplicités ne = 51 et ng = 50. La séquence est résumée
sur la figure IV.23.
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Figure IV.23 – Séquence expérimentale pour observer la dynamique Zénon quantique.
Cette fois, l’impulsion de radiofréquence est faite en présence de la micro-onde Zénon.
Après cette phase, le champ électique est désaccordé puis la micro-onde Zénon est éteinte
lentement. Le champ électrique est finalement augmenté à 2, 37 V/cm pour appliquer les
sondes micro-ondes.

La figure IV.24 montre les probabilités d’occupation Pk des niveaux |51, k〉 en fonction
de la durée t1 pour kz = 5 et Ωmw = 3, 43 MHz. L’évolution est initialement très com-
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Figure IV.24 – Dynamique en présence de micro-onde Zénon avec kz = 5. Les données
sont toujours corrigées des efficacités de détection. La dynamique est à comparer avec
celle observée sur la figure IV.19. Les lignes continues correspondent aux simulations
numériques de l’expérience utilisant tous les paramètres mesurés au préalable et tenant
compte de l’inhomogénéités. Les encadrés (i), (ii) et (iv) montrent une similitude de l’état
avec le modèle de l’état cohérent. L’encadré (iii) montre une répartition différente de celle
d’un état cohérent.

parable à celle d’un état cohérent (cf fig.IV.19), comme en témoigne les deux premiers
encadrés (i) et (ii) sur ces deux figures. Le spin descend les niveaux de l’échelle, peuplant
peu à peu chacun d’eux. Lorsque l’état |+, kz〉 commence à être peuplé, l’évolution devient
complètement différente. Au lieu de continuer sa progression vers les états |51, k > kz〉, le
spin remonte vers l’état |51, k = 0〉. Tout se passe comme si le spin « rebondissait » sur
la barrière imposée par la micro-onde Zénon. L’évolution est alors similaire à la phase
de descente, l’état |51, k = 2〉 se peuple à nouveau, puis l’état |51, k = 1〉 et enfin l’état
|51, k = 0〉. L’état reprend alors l’aspect d’un état cohérent de spin (cf encadré (iv)). Après
1, 6μs, le spin est revenu dans son état initial. L’encadré (iii) montre la répartition de la
population à l’instant du rebond, noté t1 = tr. La distribution n’est plus du tout celle d’un
état cohérent de spin. En ce sens, l’évolution décrite ici est très différente de celle d’un
spin J = kz/2 comptant kz + 1 niveaux. En effet, la dynamique d’un tel spin conduirait
le système à l’instant t1 = tr dans l’état kz avec une probabilité Pkz égale à 1.

La figure IV.24 montre aussi la population totale du sous-espace HN . Contrairement à
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ce qu’on obtenait en l’absence de micro-onde Zénon, celle-ci reste sensiblement constante.
Nous observons ici une diminution d’environ 25% au moment du rebond qui correspond
aux atomes qui, malgré la barrière Zénon, ont atteint l’un des niveaux du sous-espace HS.
Cette fuite caractérise la limite du confinement que l’on impose avec les paramètres de
l’expérience. Néanmoins, la majeure partie des atomes est confinée dans le sous-espace
HN . Les mesures sont en bon accord avec les simulations numériques de l’expérience re-
présentées par les lignes continues. Celles-ci sont faites en prenant en compte tous les
paramètres mesurés au préalable (pulsations de Rabi de la micro-onde et de la radiofré-
quence, inhomogénéités), sans aucun paramètre libre.

L’expérience a été aussi réalisée pour kz = 3 avec Ωmw = 3, 08 MHz (fig.IV.25). En
plus des probabilités d’occupation des niveaux |51, k〉, nous avons représenté les probabi-
lités d’occupation des niveaux |50, k〉 qui sont effectivement peuplés lors de la dynamique.
L’évolution est comparable à celle décrite pour kz = 5. En mesurant les niveaux |51, k = 4〉
et |51, k = 5〉 qui appartiennent au sous-espace HS, nous montrons en plus qu’ils ne sont
effectivement que très peu peuplés au cours de l’évolution. Il en est de même pour les
niveaux détectés par les sondes 50. Un faible peuplement - de l’ordre de 3% - s’effec-
tue autour du rebond du spin sur la barrière Zénon. Les deux niveaux qui se peuplent
macroscopiquement sont les niveaux |−, kz〉 et |50, kz + 1〉.
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Figure IV.25 – Dynamique Zénon quantique pour kz = 3. Les données sont corrigées de
l’efficacité des sondes. En plus des populations mesurées sur les états |51, k〉, les popula-
tions des niveaux |50, k〉 qui sont peuplés au cours de la dynamique sont représentées en
dessous. Le peuplement de ces niveaux, ici |50, k = 3〉 et |50, k = 4〉, reste très faible. Les
simulations numériques rendent comptent des mesures de ces niveaux.
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Le cas kz = 4 a été aussi étudié avec Ωmw = 3, 08 MHz. Les résultats, tracés sur la
figure IV.26, confirment les différentes observations que nous avons faites jusqu’à présent.
Une fois encore, l’état à t1 = tr - marqué ici par un trait pointillé - ne présente pas les
caractéristiques d’un état cohérent de spin. Pour caractériser plus finement la dynamique,
il faut l’observer dans l’espace des phases.
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Figure IV.26 – Dynamique Zénon quantique pour kz = 4. Les données sont comparées
aux simulations numériques (traits pleins). L’instant t1 = 0, 76μs où le niveau |51, k = 4〉
est le plus peuplé est indiqué par un trait vertical pointillé.

IV.3.2.b Observation de la dynamique sur la sphère de Bloch généralisée

Le processus d’inversion de phase qui doit avoir lieu au cours de la dynamique Zénon
quantique ne peut pas être observé par la simple mesure des populations P (k, t) des
différents niveaux au cours du temps. Il nous faut travailler dans l’espace des phases, c’est-
à-dire sur la sphère de Bloch, et caractériser l’évolution de l’état au cours du temps dans
cette représentation. La rotation de reconstruction sera cette fois appliquée en présence
de la micro-onde Zénon (cf §IV.2.1.a). Dans toute cette partie, nous travaillerons avec
kz = 4.

Pour caractériser l’imperfection de la reconstruction dans ces conditions, nous avons
reproduit l’expérience d’étalonnage de la radiofréquence de reconstruction (cf §IV.3.1.b)
mais cette fois en présence de la micro-onde Zénon. Cette expérience consiste en d’autres
termes à reconstruire l’état circulaire |51, k = 0〉. Les résultats sont présentés sur la fi-
gure IV.27b et peuvent être comparés à ceux de la figure IV.21b. Pour faciliter la com-
paraison, nous avons ajouté l’ajustement numérique des mesures effectuées sans micro-
onde (lignes continues). L’évolution dans les premiers temps est identique. La différence
commence à être perçu à partir du niveau |51, k = kz + 1 = 5〉. Nous remarquons aussi
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Figure IV.27 – Effet de la micro-onde Zénon sur la reconstruction. (a) Séquence tem-
porelle de la mesure. (b) Probabilités d’occupation sous l’action de la radiofréquence de
reconstruction, en présence de la micro-onde Zénon. Les données sont corrigées des effi-
cacités de détection. Les lignes continues représentent les simulations numériques de la
même expérience sans micro-onde Zénon (fig. IV.21).

qu’environ 10% de la population revient dans l’état circulaire. En fait, l’évolution est celle
d’une dynamique Zénon quantique dans le cas d’un couplage supérieur à Ωmw. Seulement
10% de la population est donc ici confinée dans le sous-espace HN . Le résultat est satis-
faisant. Pour l’améliorer, il faudrait augmenter la pulsation de Rabi de la radiofréquence
de reconstruction. Nous sommes cependant limités par la résolution temporelle de notre
acquisition de 10 ns au maximum. Pour avoir une résolution en phase polaire ΔΘ ∼ 3 ◦

nécessaire pour observer les états non-classiques que nous avons préparés, Ω′
rf/2π doit

rester inférieure à 1 MHz.

La mesure de la fonction Q ne nécessite de mesurer le recouvrement de l’état après
rotation qu’avec l’état |51, k = 0〉, contrairement à la fonction de Wigner où il doit être me-
suré avec tous les niveaux. D’un point de vue purement technique, la fonction Q est donc
pour nous beaucoup plus rapide à mesurer. C’est donc par la fonction Q que nous avons
caractérisé la dynamique Zénon quantique sur la sphère de Bloch généralisée. Le principe
de la mesure de la fonction Q de spin a été décrit au paragraphe IV.3.1.b. Immédiatement
après l’impulsion de préparation, nous appliquons une impulsion de reconstruction de du-
rée et de phase vairable avant d’effectuer le déhabillage adiabatique et la mesure de P0.
Pour ne pas laisser la décohérence agir, le délai entre les deux impulsions radiofréquences
sera réduit au maximum. Nous sommes limités par la forme imparfaites des signaux radio-
fréquences. Ce délai est modélisé dans les simulations par une durée effective ti ∼ 30 ns.
Nous l’appliquons ici pour caractériser l’état du système à dix instants t1 différents de
la dynamique Zénon, compris entre 0 ns et 1, 46 ns, instant où le système est revenu sur
le niveau |51, k = 0〉 (cf fig.IV.26). La plupart des mesures sont néanmoins faites autour
de l’instant t = tr = 0, 76 ns qui correspond au rebond du spin sur la barrière Zénon. La
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Figure IV.28 – Séquence temporelle pour mesurer la fonction Q au cours de la QZD.
L’état étudié est préparé par une impulsion de durée t1. La rotation de reconstruction
R(Θ, Φ) est générée par une deuxième impulsion de radiofréquence de durée variable t2.
La micro-onde Zénon reste allumée pendant toute la phase de reconstruction.

séquence est rappelée sur la figure IV.28. La fonction Q est tracée sur la sphère de Bloch
dont une vue de haut est présentée sur la figure IV.29 aux différents instants.

Sans injection radiofréquence (t1 = 0), le spin est dans l’état circulaire et occupe le pôle
Nord de la sphère de Bloch. Dans les premiers instants de l’évolution, la radiofréquence
induit une rotation du spin. Après 0, 5μs, celui-ci atteint la latitude limite, marquée par le
cercle pointillé rouge. Puisque le sous-espace Zénon HN comprend l’état |+, kz〉, la latitude
limite a pour projection sur l’axe (Z) �(kz + 1). A mesure que l’injection continue, le spin
disparaît et une nouvelle composante apparaît avec une phase azimutale opposée. Le
processus d’inversion de la phase du spin dure jusqu’à t1 = 0, 88μs. Le spin continue alors
naturellement son évolution sous l’effet de la rotation engendrée par la radiofréquence. A
t1 = 1, 46μs, le spin est retourné au pôle Nord et peuple à nouveau l’état circulaire. Il a
à nouveau l’aspect d’un état cohérent bien que légèrement élargi. Ces mesures sont tout
à fait en accord avec l’observation des populations de la figure IV.26. Elle nous apporte
en plus une information essentielle sur l’évolution de la phase de l’état lors du rebond sur
la barrière Zénon.

Sans micro-onde Zénon, le spin évolue sur toute la sphère de Bloch généralisée, peu-
plant progressivement sous la forme d’états cohérents tous les états de l’espace de Hilbert
de ce spin. C’est notamment ce que nous avons observé lors des expériences de circula-
risation par oscillation de Rabi au chapitre précédent. Dans le cadre de la dynamique
Zénon quantique, la figure IV.29 nous montre que la micro-onde Zénon a pour effet de
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Figure IV.29 – Evolution de la fonction Q lors de la dynamique Zénon quantique. (a)
Vue de haut de la sphère de Bloch sur laquelle sont représentées les fonctions Q(Θ, Φ)
mesurées. Les droites noires indiquent les méridiens, espacés de 45 ◦, et les cercles noirs les
parallèles, séparés de 30 ◦. La latitude limite est indiquée par un cercle pointillé rouge. Les
mesures sont interpolées linéairement à partir de 96 points de mesures occupant la zone
bleue autour du pôle Nord. La première figure correspond à l’état initial |51, c〉. Les figures
suivantes correspondent à des temps d’injection t1 de plus en plus long. (b) Simulations
numériques correspondantes.
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confiner l’évolution du spin à une calotte sphérique, centrée sur l’état circulaire et dont
la dimension est définie par le choix de kz. Dès lors, tous les états en dehors de cet espace
deviennent inaccessibles. Le spin évolue donc dans un espace de Hilbert tronqué par la
présence de la micro-onde Zénon.

C’est précisément cette troncature de l’espace de Hilbert qui engendre la spécificité de
la dynamique Zénon. Comme nous l’avons remarqué au paragraphe IV.3.2.a, la dynamique
du spin tronqué à 5 niveaux est différente de celle d’un spin J = 2, comptant aussi 5
niveaux mais dans un espace de Hilbert de dimension 5. Dans le cas de ce dernier, le spin
évoluerait dans un espace de Hilbert complet. Soumis à un rayonnement radiofréquence,
son évolution serait parfaitement classique. Notre système, lui, évolue dans un espace de
Hilbert tronqué et sa dynamique n’est plus celle d’un état cohérent de spin. La différence
entre le spin réduit J = 2 et le spin tronqué se manifeste dans leurs éléments de matrice,
d’expression

√
(5 − k − 1)(k + 1) pour le spin réduit et

√
(51 − k − 1)(k + 1) pour notre

système.

La fonction Q de l’état du spin au moment du rebond t = tr sur le niveau |+, kz〉
confirme ces conclusions. Un spin réduit J = 2 se trouverait alors dans l’état de Dicke
|J = 2, mj = −2〉 dont la fonction Q tracée sur une sphère de Bloch généralisée de spin
j1 = 25 serait celle montrée à titre d’exemple à la figure I.10b. La fonction Q que nous
mesurons est bien différente puisqu’on y voit deux états quasi-cohérents, complètement
séparés dans l’espace de la sphère de Bloch. L’apparition de ces deux composantes dans
l’état du spin est transitoire dans la dynamique Zénon car elle correspond au passage
du spin d’un côté à l’autre de la sphère de Bloch. A un instant bien précis de cette
évolution, que nous identifions à tr = 0, 76μs sur les images de la fonction Q, les deux
composantes sont de poids égal. Or nous avons vu que la dynamique Zénon quantique
est une évolution cohérente du système. S’il y a superposition de deux composantes,
celle-ci doit nécessairement être une superposition quantique et l’état associé un état
« chat de Schrödinger ».

IV.3.2.c Mesure de la fonction de Wigner du spin

La fonction Q ne montre pas explicitement les cohérences de l’état qu’elle mesure.
Bien qu’elle contienne a priori toute l’information contenue dans la matrice densité ρ,
il est expérimentalement imprécis de reconstruire ρ uniquement à partir des valeurs de
la fonction Q. Pour à la fois mettre en évidence la cohérence de la dynamique Zénon
quantique et caractériser l’état chat de Schrödinger, nous avons donc mesuré la fonction
de Wigner au moment du rebond du spin à t1 = tr = 0, 76μs.

Une méthode couramment utilisée en électrodynamique quantique en cavité pour me-
surer la fonction de Wigner consiste à mesurer directement la parité de l’état déplacé (ou
tourné dans le cas d’un spin). Elle a été proposée par Lutterbach et Davidovitch [124, 125]
et mis en pratique dans plusieurs expériences [42, 43]. Elle présente l’avantage d’avoir ac-
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cès en une mesure à la valeur de la fonction de Wigner en un point de l’espace des phases.
N’ayant pas accès directement à la parité d’un état, nous pouvons implémenter une autre
méthode qui consiste à reconstruire la parité à partir de la tomographie de chaque ni-
veau [126, 127]. Une fois l’état tourné sur la sphère de Bloch, toutes les probabilités
d’occupations sont mesurées et on calcule la valeur de la parité comme étant

W (Θ, Φ) =
n−1∑
k=0

(−1)kPk(Θ, Φ) avec Pk(Θ, Φ) = 〈ne, k|R′(Θ, Φ)ρR(Θ, Φ)|ne, k〉.
(IV.25)

La méthode a servi à mesurer la fonction de Wigner de mode lumineux [128] et est au-
jourd’hui un outil commun en information quantique [129]. Cette méthode exige plusieurs
mesures - autant que de niveaux peuplés - pour ne calculer à la fin qu’une valeur de la
fonction de Wigner. Une grande partie de l’information est en fait perdue lorsqu’on ex-
prime la parité. Plutôt que de calculer la fonction de Wigner directement, on peut utiliser
toutes les mesures Pk(Θ, Φ) comme source d’information pour retrouver la matrice densité
ρ de l’état avant la rotation. De l’expression de ρ, on calcule alors la fonction de Wigner
par son expression donnée à l’équation I.66.

La méthode que nous utilisons pour reconstruire la matrice densité ρ est appelée
« MaxLike » pour maximum de vraisemblance [130]. La résolution numérique fait inter-
venir un algorithme développé par Lvovsky et al. qui proposent un processus itératif pour
maximiser la vraisemblance d’une matrice densité ρml calculée avec les différentes mesures
effectuées. Cet algorithme a déjà été utilisé pour reconstruire la fonction de Wigner de
champs micro-ondes piégés dans une cavité [27]. Le détail de cet algorithme est expli-
qué dans la référence [26]. Cette technique présente plusieurs avantages. Tout d’abord,
elle exploite toute l’information disponible puisqu’elle réalise un ajustement de la matrice
densité basé sur toutes les mesures des Pk(Θ, Φ). De plus, l’algorithme permet de prendre
en compte les imperfections de mesures. Dans notre cas, cela est important puisque notre
mesure n’est pas idéale. En effet, comme pour la fonction Q, la fonction de Wigner se
mesure en induisant une rotation de l’état en présence de la micro-onde Zénon. Nous
la noterons Rz(Θ2, Φ2) pour la distinguer de la rotation idéale R(Θ2, Φ2). L’algorithme
reconstruit la matrice densité ρ(tw) en intégrant dans son calcul l’évolution du spin entre
l’instant tw et l’instant où les mesures sont faites. Cette évolution est modélisée par un
opérateur Ûw qui tient compte de la présence de la micro-onde ainsi que du déshabillage
adiabatique et qui est calculé numériquement.

La séquence de mesure de la fonction de Wigner est donc identique à celle de la
fonction Q mais toutes les probabilités d’occupation Pk(Θ, Φ) de ng = 50 et ne = 51
sont mesurées. L’ensemble des mesures est pris en compte dans la reconstruction si bien
que l’espace de Hilbert que nous considérons est l’espace total des niveaux |50, k〉 et
|51, k〉 à 101 dimensions. La figure IV.30a montre les probabilités d’occupation Pk(Θ, Φ)
mesurées par les sondes 51. La mesure de P0 est exactement celle de la fonction Q ;
on retrouve ainsi l’image présentée sur la figure IV.29 à t1 = 0, 76μs. La mesures sont
néanmoins faites sur une surface plus grande de la sphère de Bloch que pour la fonction
Q. Les autres probabilités Pk montrent des motifs différents : on observe en particulier
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Figure IV.30 – Probabilité Pk(Θ, Φ) des sondes 51. (a) On mesure tous les Pk, k = 0...5
en fonction de Θ et Φ. La probabilité est tracée dans la même représentation que la
fonction Q. (b) Simulations numériques des Pk de l’état après rotation Rz(Θ, Φ). On
prend donc ici en compte l’imperfection de la mesure due à la présence de la micro-
onde Zénon ainsi que l’inhomogénéité du champ électrique pendant la reconstruction. (c)
Simulations numériques des Pk de l’état après rotation R(Θ, Φ) sans micro-onde Zénon.
On mesure ainsi l’effet de la micro-onde Zénon lors de la rotation Rz.

des oscillations autour du pôle Nord sur P2, P3 et P4. Ces mesures sont comparées à des
simulations numériques qui prennent en compte l’effet de la micro-onde Zénon pendant
la reconstruction (fig.IV.30b). Celles-ci sont en très bon accord avec nos mesures. Pour
évaluer qualitativement l’influence de la présence de la micro-onde Zénon pendant la
rotation R̂z, nous avons aussi réalisé des simulations numériques où la reconstruction
est faite avec la rotation R̂ plutôt que R̂z (fig. IV.30c). L’effet de la micro-onde Zénon
pendant la reconstruction est surtout visible sur P1, P2 et P3 par l’apparition d’artefact à
l’extérieur du cercle d’exclusion. Excepté ces motifs, les figures sont fortement semblables.
Ces deux simulations nous rassurent sur notre processus de mesure qui, malgré la présence
de la micro-onde Zénon, donne une image fidèle à ce que donnerait une mesure idéale.
Elle justifie aussi l’intérêt de tenir compte dans notre algorithme de reconstruction de la
matrice densité de la présence de cette micro-onde.

Ces mesures Pk ainsi que les mesures P ′
k des sondes 50, sont alors utilisées pour calculer

la matrice densité la plus probable ρml. On trouve alors une population totale du sous-
espace HN de 82, 7% et de 9, 5% pour le sous-espace HS. La population de l’état habillé
|−, kz〉 est de à 1, 5%, en accord avec la mesure de la sonde de l’état |50, k = 4〉 de 1, 7%.
Les 7, 8% de population restante sont des atomes transférés dans la multiplicité ng = 50.
Pour tracer la fonction de Wigner, il convient de définir l’espace de Hilbert considéré.
Du fait de la présence des niveaux |+, kz〉 et |−, kz〉, la réunion des espaces de Hilbert
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HN et HS contient un niveau de trop. A cause du très faible peuplement de l’état |−, kz〉
à l’instant de la reconstruction, nous avons choisi de l’exclure de l’espace de Hilbert.
La fonction de Wigner n’est donc tracée que sur les états qui se branchent au terme du
déhabillage sur les états de la multiplicité ne = 51. La matrice densité est alors normalisée
par le facteur 1/(0, 827 + 0, 080) = 1/0, 907. Enfin, les populations des états |51, k ≥ 16〉,
négligeables (environ 0, 7%) et dominées par le bruit, sont fixées à 0. En effet, avec les
paramètres de l’expérience, aucun atome ne peut avoir atteint ces niveaux dans le temps
imparti. La matrice densité ρexp ainsi obtenue est tracée sur la sphère de Bloch sur la
figure IV.31a. Sur la figure IV.31b est tracée la fonction de Wigner de la matrice densité
ρc obtenu après une durée t1 = 0, 76μs de dynamique Zénon quantique calculée par
simulations numériques dans les conditions de l’expérience. La grande similitude entre
les deux fonctions de Wigner - et entre leur matrice densité qui présente une fidélité
mutuelle égale à Tr2(

√√
ρexpρc

√
ρexp) = 93% - montre que le procédé de reconstruction,

complètement absent de la matrice densité simulée, est très bien maîtrisé.
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Figure IV.31 – Fonction de Wigner de l’état chat de Schrödinger de spin (figure extraite
de [71]. (a) Fonction de Wigner expérimentale W (Θ, Φ) de l’état à l’instant t1 = 0, 76μs
de la dynamique Zénon quantique. W est obtenue à partir de l’expression de la matrice
densité ρexp. Elle est tracée sur la sphère de Bloch généralisée du spin Ĵ1. Le cercle rouge
pointillé indique la latitude limite. (b) Simulations numériques correspondantes.

Les mesures montrent au niveau du cercle d’exclusion deux maxima dans la fonction de
Wigner, qui correspondent aux deux composantes du spin déjà visibles sur la fonction Q.
Apparaissant plus fin ici, la fonction de Wigner met en évidence un étalement de ces deux
composantes. Son origine est en partie intrinsèque à la dynamique Zénon et est aussi visible
sur les simulations du champ électromagnétique dans la cavité micro-onde (cf fig.IV.3) :
l’état épouse la forme de la latitude limite et prend ainsi une forme arrondie. Un autre
effet s’ajoute à celui-ci : les déplacements lumineux et l’effet Stark quadratique ne sont
compensés globalement que linéairement et conduisent à une dispersion des fréquences
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des transitions |51, k〉 → |51, k + 1〉. Un effet semblable à l’effet Kerr provoque ainsi une
déformation de l’état dans la direction azimutale qui explique l’asymétrie de la fonction
de Wigner de part et d’autre des deux composantes principales.

Entre les deux composantes du spin, la fonction de Wigner présente des franges d’inter-
férences qui oscillent entre valeurs négatives et valeurs positives. Elles prouvent la nature
quantique de la superposition que l’on prépare. Ainsi, la dynamique Zénon conduit bien
le spin dans un état chat de Schrödinger lors de l’inversion de phase. La pureté de cet
état est mesurée à partir de la matrice densité reconstruire et vaut Trρ2 = 0, 75 (0, 91 à
partir de la matrice densité simulée). Cette valeur est limitée par les inhomogénéités de
champ électrique de notre expérience.

Conclusion

Le très bon contrôle des paramètres nous ont permis de mettre en œuvre la dynamique
Zénon quantique. Nous avons utilisé dans ce chapitre l’atome de Rydberg comme un spin
J1 = 25. Dans un premier temps, nous avons observé la rotation du spin dans la sphère de
Bloch soumis à un rayonnement radiofréquence. Nous avons ensuite étudié la dynamique
du spin en présence d’un couplage micro-onde sur l’un de ses niveaux. La mesure des
probabilités d’occupation des différents niveaux montre une évolution très différente de
celle d’un état cohérent de spin et met en évidence le confinement du spin sur un sous-
espace Zénon. Une étude plus complète a ensuite été menée dans l’espace des phases.
La dynamique a été caractérisée par une série de mesures de la fonction Q en différents
instants. Enfin, la fonction de Wigner au moment de l’inversion de la phase du spin a
été mesurée. Elle nous prouve le caractère non-classique de la dynamique et révèle la
formation d’un état chat de Schrödinger, superposition cohérente de deux composantes
distinctes du spin Ĵ1.
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Conclusion

Les expériences réalisées au cours de ce travail sont un premier pas dans la réalisation
du nouveau dispositif expérimental fontaine. Le cryostat que nous avons construit au
début de cette thèse a rempli deux des objectifs qui lui étaient attribués. D’une part, nous
avons fabriqué de nouvelles cavités supraconductrices qui pourront être utilisées dans le
dispositif fontaine. D’autre part, la circularisation intra-cavité des atomes de Rydberg a été
testée et validée. Nous avons montré qu’il est possible de générer un champ radiofréquence
dont la polarisation est assez pure pour transférer, par passage adiabatique, des atomes
de Rydberg d’un état de faible moment cinétique à l’état circulaire, ceci en l’absence
de champ magnétique. Cette méthode, réalisée avec des atomes rapides, nous a permis
d’atteindre une pureté de préparation de 97%. Elle sera utilisée dans l’expérience fontaine
pour exciter les atomes lents sur les niveaux de Rydberg circulaires. La qualité de la
préparation est bien supérieure à la méthode utilisée précédemment dans nos expériences
(où l’état circulaire était préparée avec une pureté de 80%) ce qui nous a même conduit
à envisager de généraliser cette technique à toutes les expériences du groupe.

Une fois l’atome préparé dans les niveaux circulaires, cette radiofréquence va nous
permettre d’induire des transitions contrôlées entre les sous-niveaux Stark et de mani-
puler de façon cohérente l’état de l’atome à l’intérieur de la multiplicité. Les niveaux de
Rydberg de grand moment angulaire m de l’atome de rubidium se comportent de façon
hydrogénoïde. L’atome couplé à un champ radiofréquence polarisé σ+ se modélise alors
en première approximation par un spin qui tourne dans la sphère de Bloch généralisée.
Ce système est analogue à l’état du mode d’un champ électromagnétique. Dans la limite
des faibles rotations dans la sphère de Bloch, on peut approximer la calotte polaire par
un plan de phase similaire au plan de Fresnel des quadratures du champ. Les rotations
du spin deviennent des déplacements du champ et il est possible d’implémenter sur notre
système des protocoles proposés pour des expériences d’électrodynamique quantique en
cavité.

Adaptant la proposition de Raimond et al. [40] à notre système, nous avons observé la
dynamique Zénon quantique d’un spin soumis à une mesure continue. Un atome, initiale-
ment préparé dans un niveau circulaire, est soumis à un champ radiofréquence résonant,
en présence d’un couplage micro-onde accordé sur un sous-niveau précis du spin. L’analyse
des populations par spectroscopie nous a permis de mettre en évidence le confinement du
spin dans un sous-espace de l’espace de Hilbert. En mesurant la fonction Q et la fonc-

169
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tion de Wigner, nous avons étudié l’évolution dans l’espace des phases et démontré pour
la première fois l’aspect non-classique de la dynamique Zénon quantique [71]. Une pre-
mière expérience réalisée par Schäfer et al. avait déjà mis en évidence l’aspect cohérent
de la QZD au sein d’un sous-espace Zénon [70]. Néanmoins, dans cette expérience, le
système était confiné dans un espace à deux dimensions et son évolution était celle d’un
spin 1/2. Notre expérience prend place dans un espace de Hilbert nettement plus grand.
Elle démontre aussi bien la cohérence de la dynamique que sa nature non-classique et
met en évidence la génération déterministe d’un état chat de Schrödinger comme proposé
dans [40]. Notre expérience peut être vue comme une simulation quantique des expériences
d’électrodynamique quantique en cavités. La dynamique que nous avons mis en évidence
est d’ailleurs très similaire aux résultats qui ont ensuite été observé sur les modes du
champ électromagnétique d’une cavité couplée à un qubit supraconducteur [131]. Notre
expérience peut être aussi interpréter en terme de fonction d’onde atomique. Nous avons
vu que les états cohérents du spin Ĵ1 correspondent à des états elliptiques centré autour
d’une orbite classique. L’état préparé ici est donc une superposition quantique de deux
trajectoires semi-classiques de l’électron.

Perspectives

Avec un espace de Hilbert de grande dimension, le spin de l’atome de Rydberg est un
système adapté à l’étude de la transition quantique/classique. Notre expérience permet
de préparer des états chat de Schrödinger de l’atome. Le couplage de cet état à l’en-
vironnement est très différent de la dissipation qui intervient dans le cadre du champ
électromagnétique. Notre système va donc nous apporter une perspective différente sur
les processus de décohérence et nous fournir ainsi une approche complémentaire aux expé-
riences déjà menées dans le cadre de l’électromagnétique quantique en cavité. Néanmoins,
notre expérience reste pour l’instant limitée par le faible temps de cohérence de notre dis-
positif. Pour l’améliorer, une première étape consiste à remplacer les miroirs sphériques
par des miroirs plans afin de réduire le gradient de champ électrique au niveau des ato-
mes. De façon plus générale, toute réduction des inhomogénéités du champ électrique
augmentera le temps de cohérence et offrira des conditions expérimentales plus propices
à la préparation d’états non-classiques. Avec plus de temps pour réaliser les expériences,
il nous sera possible de réduire la vitesse de rotation du spin. L’évolution pourra être
confinée avec une fréquence de Rabi de la micro-onde Zénon plus faible. Cela réduira
fortement les déplacements lumineux sur les niveaux voisins et limitera les dispersion de
fréquences qui élargissent actuellement la distribution de phase de l’état. Il sera alors pos-
sible de confiner le spin dans des sous-espaces de dimension plus grande et d’augmenter
la distance entre les deux composantes de l’état chat de Schrödinger.

Ces états chats ouvrent aussi des perspectives pour des expériences de métrologie [43].
En effet, ils présentent sur leur fonction de Wigner des franges d’interférences d’autant
plus rapprochées que la séparation entre les composantes semi-classiques est importante.
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Figure IV.32 – Principe d’étirement d’un chat en utilisant la dynamique Zénon comme
une pince dans l’espace des phases.

Ces oscillations peuvent fournir un signal très sensible pour mesurer de petites rotations
dans la sphère de Bloch comme celles induites par un champ électrique ou magnétique.
Les atomes deviennent alors des sondes microscopiques pour mesurer des fluctuations de
champ avec une sensibilité supérieure à la limite quantique standard.

Les manipulations cohérentes de l’état de l’atome au sein d’une multiplicité Stark
peuvent être combinées avec des impulsions micro-ondes qui transfèrent la population de
l’état entre différentes multiplicités. On peut ainsi tirer profit de la richesse de la struc-
ture d’un atome de Rydberg pour coder l’information dans les échelles harmoniques de
nombres quantiques principaux différents et exploiter cette architecture complexe pour
le traitement quantique de l’information. Les expériences réalisées ici ouvrent bien sûr
aussi la voie aux expériences d’électrodynamique quantique en cavité avec des atomes
lents. Dans ce cadre, la dynamique Zénon constituera un outil puissant pour manipuler
les états du rayonnement. La qualité des résonateurs micro-ondes supraconducteurs nous
permettra d’avoir un temps de décohérence plusieurs ordres de grandeurs plus grand que
le temps typique d’une interrogation Zénon. Cela nous permettra d’étudier la dynamique
Zénon sur des périodes beaucoup plus grandes que dans l’expérience sur les atomes et
d’observer des rebonds multiples sur le cercle d’exclusion. Alternant séquentiellement me-
sures Zénon et opérateurs déplacement, il est possible de créer un cercle d’exclusion effectif
en n’importe quel point de l’espace des phases. Il devient alors possible de « capturer »
des états cohérents et de les déplacer dans l’espace des phases en changeant adiabatique-
ment la position du cercle d’exclusion. Cette méthode, appelée pince dans l’espace des
phases [40], en référence aux pinces optiques utiliser pour manipuler des objets microsco-
piques, nous donne un contrôle nouveau sur l’état du champ piégé dans la cavité. Partant
d’un état chat de Schrödinger 1/

√
2(|α〉 + |−α〉), il devient possible de déplacer indépen-

damment chaque composante de la superposition, « étirant » le chat dans l’espace des
phases (fig.IV.32). En permettant de manipuler directement la fonction d’onde du champ
dans l’espace des phases, la dynamique Zénon quantique a ouvert la voie à des expériences
inédites de synthèses d’états non-classiques du champ électromagnétique.
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Annexe A

Expressions des fonctions d’onde de
l’atome d’hydrogène

Nous donnons ici l’expression des fonctions d’onde sphériques et paraboliques de
l’atome d’hydrogène.

Fonctions d’onde dans la base sphérique En tant que vecteurs propres des opéra-
teurs L̂2 et L̂z, les fonctions d’onde ψ(r) de l’hydrogène dans la base sphérique s’écrivent
sous la forme factorisée

ψ(r) = Rnl(r)Y m
l (θ, ϕ) (A.1)

Y m
l (θ, ϕ) est l’harmonique sphérique associée aux valeurs propres l et m d’expression [73]

Y m
l (θ, ϕ) = (−1)m

√√√√(l − m)!
(l + m)!

2l + 1
4π

P m
l (cos θ)eimϕ (A.2)

où P m
l sont les fonctions de Legendre associées. Elles sont elles-même définies par

P m
l (x) =

(
1 − x2

)m/2 dm

dxm
Pl(x) (A.3)

avec Pl(x) les polynômes de Legendre qui s’expriment commme

Pl(x) = 1
2l l!

dl

dxl

(
x2 − 1

)l
(A.4)

Les fonctions radiales Rnl(r) solutions de l’équation de Schrödinger radiale (I.11) prennent
l’expression

Rnl(r) =
√√√√(n − l − 1)!

(n + l)!2 4
n4

e−r/(a0n)
( 2r

a0n

)l

L2l+1
n+l

( 2r

a0n

)
(A.5)
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où a0 est le rayon de Bohr
a0 = �

2

mee2 (A.6)

et Lq
p(x) sont les polynômes de Laguerre généralisés, définis par

Lq
p(x) = x−qex

p!
dp

dxp

(
e−xxp+q

)
(A.7)

Fonctions d’onde dans la base parabolique L’expression de l’équation de Schrö-
dinger en coordonnées paraboliques permet d’écrire deux équations différentielles indé-
pendantes en ξ et en η [81]

d

dξ

(
ξ

du1

dξ

)
+

(
1
2εξ + Z1 − m2

4ξ

)
u1 = 0

d

dη

(
η

du2

dη

)
+

(
1
2εη + Z2 − m2

4η

)
u2 = 0

(A.8)

avec Z1 et Z2 des constantes telles que Z1 +Z2 = 1 et ε l’énergie E exprimée en unité ato-
mique. La résolution de ces équations différentielles du second ordre conduit à l’expression
des fonctions d’onde normalisées

un1n2m(ξ, η, ϕ) = Ne− 1
2n

(ξ−η)+imϕ(ξη)|m|/2L
|m|+1
|m|+1−n1

(ξ/n)L|m|+1
|m|+1−n2

(η/n) (A.9)
où Lq

p sont les polynômes de Laguerre défini en (A.7) et où la normalisation N vaut

N = 1
n|m|+3/2(|m|!)2

√√√√(n1 + |m|)!(n2 + |m|)!
nπ(n2)!(n1)!

(A.10)

et où n1 et n2 doivent être des entiers positifs et sont introduits par les relations
nk = nZk − 1/2(|m| + 1) k ∈ {1, 2} (A.11)

Les nombres n1 et n2 sont appelés les nombres quantiques paraboliques. On retrouve ainsi
l’expression de un1m(ξ) et un2m(η)

un1m(ξ) =
√

Ne−ξ/2nξ|m|/2L
|m|+1
|m|+1−n1

(ξ/n) (A.12)

u′
n2m(η) =

√
Neη/2nη|m|/2L

|m|+1
|m|+1−n2

(η/n) (A.13)

Pour calculer l’action de âz et de L̂z sur ces vecteurs propres, on montre qu’en coor-
données paraboliques [74]

âz = �

2(ξ − η) + �

(
∂

∂ξ

(
ξ

∂

∂ξ

)
− ∂

∂η

(
η

∂

∂η

)
+ 1

4

(
1
ξ

− 1
η

)
∂2

∂ϕ2

)
(A.14)

Par opération sur (A.8), on trouve que
âz|n, n1, n2, ±〉 = (n2 − n1)�|n, n1, n2, ±〉 (A.15)

On établit également en exploitant l’équation (A.11) que
L̂z|n, n1, n2, ±〉 = ±(n − 1 − n1 − n2)�|n, n1, n2, ±〉 (A.16)



Annexe B

Le circuit d’hélium pour atteindre
1K

Nous détaillons ici le fonctionnement du circuit d’hélium qui permet de descendre la
température du cryostat à 1 K.

Etalonnage de la micro-vanne Le circuit d’hélium fonctionne sur un équilibre subtil
entre le flux de liquide à travers le capillaire et l’extraction par vaporisation et pompage.
Si le flux est trop faible, la boîte se vide, l’équilibre liquide-vapeur est rompu et la tem-
pérature remonte. Si le flux est trop important, la boîte se remplit et le niveau finit par
dépasser le coupe-film : le superfluide monte alors jusqu’au réservoir et crée un contact
thermique avec lui. Pour régler finement le flux et atteindre un régime stationnaire, une
micro-vanne installée au fond du réservoir d’hélium permet de régler depuis l’extérieur le
débit d’hélium dans le capillaire. L’étalonnage de ce débit a été réalisé à chaud. Après
avoir fait le vide dans la boite 1K, nous avons mesuré sa vitesse de remplissage en traçant
l’évolution de la pression avec le temps (fig.B.1).

Pompage et puissance frigorifique En régime stationnaire, tout le gaz produit par
la vaporisation de l’hélium est pompé. La cinétique de la réaction de vaporisation est
donc directement liée au débit de la pompe. La puissance frigorifique Pf du processus est
donnée simplement par la formule

Pf = Lvap(Tvap)Dm (B.1)

avec Lvap � 20, 6 J/g la chaleur latente massique de vaporisation de l’hélium-4 à la tempé-
rature de vaporisation Tvap, et Dm le débit massique de la pompe. Il est donc intéressant
d’avoir un grand débit massique, ce pourquoi le pompage est réalisé à l’aide d’une pompe
turbomoléculaire Pfeiffer-Vacuum HiPace 400 de débit volumique nominal 460 �/s. La
pompe aspire, dans la gamme de pression considérée, à débit volumique constant Dv.
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Figure B.1 – Étalonnage du débit à travers le capillaire dans un cryostat chaud. Après
avoir fait le vide dans la boîte 1K, nous observons la remontée de pression en fonction du
temps. (a) Micro-vanne fermée au maximum. On mesure une pente de 2, 7 · 10−3 mbar/s.
(b) Micro-vanne ouverte. La pente est de 76, 8 · 10−3 mbar/s.

Le débit massique dépend quant à lui de la masse volumique du gaz aspiré, donc de sa
pression. En notant p(T ) la pression juste en amont de la pompe, on exprime la puissance
frigorifique dans l’hypothèse d’un gaz parfait par

Pf (T ) = LvapDv
p(T )
patm

ρHe(g)(patm, T0) (B.2)

où ρHe(g)(patm, T0) = 0, 16 g/� est la masse volumique de l’hélium gazeux à pression at-
mosphérique patm et température ambiante T0. Cette puissance frigorifique est utilisée
de deux façons. D’une part, elle compense les pertes qui apparaissent avec le gradient
de température entre le réservoir et la partie 1K. D’autre part, le surplus éventuel de
puissance refroidit un peu plus la partie 1K. Ceci est traduit par la relation

Pf = Ppertes(T ) + Mcs
dT

dt
(B.3)

où Ppertes(T ) représente la puissance totale reçue par la partie 1K à cause des pertes,
M est la masse totale de la partie 1K, et cs est la capacité thermique massique de la
partie 1K, pratiquement celle du cuivre. Les pertes augmentent au fur et à mesure que la
température diminue. A l’équilibre, la puissance frigorifique ne fait plus que compenser
ces pertes. Ce sont elles qui déterminent donc la température d’équilibre.

Dans un premier temps, nous avons mesuré le débit de la pompe. La figure B.2 présente,
pour différentes ouvertures de la micro-vanne, la pression p en fonction du débit d’hélium
après la pompe. Le gaz y est à la pression atmosphérique et le débit est mesuré à l’aide d’un
compteur de gaz. L’alignement des points signifie que le débit de la pompe est constant
dans cette gamme de pression. Il est égal à 230 �/s.
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Figure B.2 – Étalonnage du débit de la pompe turbomoléculaire. (a) Pour différentes
ouvertures de la micro-vanne, on trace la pression en fonction du débit d’hélium récupéré,
mesuré à l’aide d’un compteur à gaz. On mesure une pente de 4, 4 · 10−2 mbar.s/�. Le
débit volumique de la pompe vaut ainsi 230 �/s. (b) Schéma de principe de la mesure.
La pression est mesurée en haut du cryostat, à l’entrée de la pompe turbomoléculaire. La
pompe éjecte le gaz à la pression atmosphérique et celui-ci passe dans le compteur.

Nous avons ensuite caractérisé les différents régimes de fonctionnement de la boîte
1K. Pour cela, nous avons artificiellement augmenté les pertes thermiques de la boîte en
dissipant à l’aide d’une résistance chauffante R une puissance Joule variable

Ppertes = P
(0)
pertes + RI2 (B.4)

Sur la figure B.3 sont représentées la pression en fonction de la puissance dissipée et la
température en fonction de la pression, pour un débit à travers la micro-vanne fixé. Ce
débit correspond à une puissance frigorifique maximale disponible Pfmax , qui représente
la puissance récoltée par l’évaporation de tout le liquide passant dans le capillaire. Sans
chauffage, l’hélium est dans la boîte en équilibre liquide-vapeur. Tant que la charge ther-
mique reste inférieure à Pfmax , il n’est pas nécessaire d’évaporer tout le liquide pour la
compenser : la boîte commence à se remplir. Sans attendre, on varie alors la puissance
Joule : on observe une relation affine entre la pression et la puissance dissipée, avec une
pente de 1, 3 mbar/W (fig.B.3a �). En effet, la pression est une image de la puissance
frigorifique (B.2) et cette dernière varie proportionnellement avec la puissance Joule (B.3
et B.4). La pente théorique calculée est de 1, 31 mbar/W, en parfait accord avec l’expé-
rience. Dans ce régime, la boîte 1K reste en équilibre liquide-vapeur : la pression est égale
à la pression de vapeur saturante, si bien que la température T est donnée par la loi
p = psat(T ). On retrouve que la température dépend directement des pertes : lorsque la
puissance dissipée diminue, la pression diminue et la température aussi (fig.B.3b �).
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Figure B.3 – Illustration des différents modes de fonctionnement de la boîte 1K pour un
débit de 3, 0 m�/s. A l’aide d’une résistance chauffante, une puissance Joule est dissipée
sur la boîte. Chaque point est pris après un laps de temps suffisant - de l’ordre de la minute
- pour atteindre un équilibre thermodynamique local : la température se stabilise mais le
niveau d’hélium dans la boîte peut toujours varier. (a) Evolution de la pression avec la
puissance dissipée. Tant qu’il y a équilibre liquide-vapeur, la pression est proportionnelle à
la puissance dissipée. Les points verts indiquent lorsque la boîte est vide. (b) Diagramme
température-pression aux différents points de fonctionnement. Les couleurs des points
indiquent la puissance dissipée (du rouge au bleu à mesure que la puissance Joule diminue).

Si l’on augmente la puissance dissipée, il arrive un moment où les pertes dépassent
Pfmax . On évapore alors plus de liquide que l’on en ajoute : la boîte se vide progressivement.
Tant qu’il y a du liquide, la pression reste égale à la pression de vapeur saturante (B.3a �)
et la température soit la même loi p = psat(T ) (B.3b �). Si l’on attend suffisamment
longtemps, tout l’hélium s’évapore et la pression se stabilise à une pression d’équilibre
peq (B.3a �). Cette pression est fonction uniquement du débit du capillaire. Dans le cas
présenté ici, on mesure une pression de 3, 52 · 10−2 mbar, ce qui correspond à un débit
dans le capillaire de 3, 0 m�/s. Dans ce régime, la température est donc en équilibre entre
une puissance frigorifique constante égale à Pfmax et la puissance dissipée (B.3b �).

L’ordonnée à l’origine de la courbe de la pression en fonction de PJ donne une esti-
mation de P

(0)
pertes de 22 mW. Cette puissance comprend en fait les pertes par conductivité

thermique dues au gradient de température entre le cœur à 1 K et le réservoir à 4, 2 K et le
refroidissement de l’hélium liquide de Tres = 4, 2 K à T = 1 K. La puissance correspondant
à ce refroidissement peut être estimée connaissant le débit à travers le capillaire Dcap et
la capacité thermique de l’hélium cHe(l) (fig.B.4) par

Prefroidissement = Dcap

∫ Trés

T
cHe(l)(T ′)dT ′ = 11 mW (B.5)

Ainsi, 11 mW sont nécessaires au refroidissement de l’hélium liquide. Les pertes par
conductivité thermiques ne représentent que 11 mW. Pour s’en convaincre, on réitère l’ex-
périence en changeant le débit du capillaire de 3, 0 m�/s à 6, 1 m�/s. La figure B.5 présente
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Figure B.4 – Capacité thermique molaire (trait plein) et capacité thermique molaire
intégrée (trait pointillé) de l’hélium liquide entre 1 K et 4 K.

les résultats pour les deux débits. Lorsqu’il y a équilibre liquide-vapeur, la pente est la
même, comme le prédit la théorie. La valeur de la pression en régime « boîte vide » est
différente et permet de calculer la valeur des débits. La pression en l’absence de perte
Joule conduit à l’estimation de P

(0)
pertes : on mesure 10, 4 mW de pertes en plus lorsque le

débit est multiplié par ∼ 2. Puisque qu’il fallait 11 mW pour refroidir le liquide pour le
premier débit, cette puissance supplémentaire correspond à la puissance qu’il faut pour
refroidir la quantité d’hélium liquide supplémentaire.
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Figure B.5 – Mesures des pertes dans la boîte 1K. On trace la pression en fonction de
la puissance dissipée pour deux débits de micro-vanne différents.

Ces expériences nous permettent de comprendre le fonctionnement de la boîte 1K.
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Tant que la puissance frigorifique est supérieure aux pertes, la boîte devient de plus en
plus froide. La pression diminue et la puissance frigorifique aussi. Dans le même temps, le
gradient de température augmente et avec lui les pertes par conductivité thermique et la
charge thermique correspondant au refroidissement de l’hélium apporté par le capillaire.
L’équilibre est atteint lorsque la puissance frigorifique compense exactement les pertes.
En théorie, l’équilibre n’existe qu’à la limite des régimes de fonctionnement de la boîte
1K, quand le niveau de liquide reste stable. En pratique, les pertes dépendent du niveau
de liquide dans la boîte, ce qui offre une plage de fonctionnement plus large autour de
la puissance critique. Pour les expériences, on règle la micro-vanne pour que le débit à
travers le capillaire permette d’atteindre un régime d’équilibre.



Annexe C

Génération de micro-onde dans le
montage cavité

Les synthétiseurs Anritsu-MG3692 produisent un signal autour de 12, 5 GHz. Un élé-
ment non-linéaire appelé « mélangeur » génère ensuite les harmoniques de rangs supé-
rieurs (fig.II.10). Le mélangeur millitech-AMC-15-RFH00, rayonne ses harmoniques à
l’intérieur d’un guide d’onde WR-15 de taille 3, 8 × 1, 9 mm qui est monomode pour
des fréquences entre 50 GHz et 75 GHz. Juste avant l’entrée du cryostat, un adaptateur
Anritsu-35WR15VF (50 GHz à 65 GHz) couple le rayonnement du guide d’onde à un
câble coaxial KMCO-TCR219CG/SUS de fréquence limite 65 GHz. La micro-onde des-
cend donc dans un câble coaxial en acier inoxydable jusqu’à la partie froide du cryostat.
Un adaptateur couple alors le rayonnement dans un tube d’acier inoxydable mince jusqu’à
la plaque qui supporte le montage cavité. A partir de là, elle est vraisemblablement ré-
fléchie par toutes les surfaces en cuivre dorées de l’expérience qui constituent des miroirs
pour la micro-onde. Elle se couple donc à tous les modes stationnaires dans le dispositif,
dont certains vont avoir des ventres dans la cavité. La suite de conversion guide d’onde -
câble coaxial - guide d’onde est principalement historique. Cette géométrie nous permet
de continuer à utiliser à chaud tous nos éléments guide d’onde et à descendre dans le
cryostat en utilisant des éléments coaxiaux (passage à vide et câble cryogénique). En pra-
tique, cela signifie que la polarisation de l’onde au niveau de l’expérience est déterminée
par la position de l’adaptateur câble coaxial - guide d’onde et ne peut être changée une
fois le cryostat fermé.

Au cours d’une même séquence expérimentale, plusieurs fréquences de micro-onde
peuvent être nécessaires, jusqu’à quatre au maximum. Chacune est produite par un syn-
thétiseur différent et les signaux autour de 12 GHz sont ensuite sommés par des coupleurs
linéaires à 3 dB (fig.C.1). Lorsqu’un mélangeur reçoit plusieurs fréquences différentes, il
génère, en plus des harmoniques de ces fréquences, des battements entre elles. Un mélan-
geur n’est donc jamais utilisé avec deux synthétiseurs en parallèle. Lorsque l’expérience
nécessite deux fréquences simultanément, on utilise un deuxième mélangeur, de polari-
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Figure C.1 – Principe de génération de la micro-onde. Les synthétiseurs produisent un
signal autour de 12 GHz. Des quadrupleurs génèrent l’harmonique de rang 4 de fréquence
∼ 50 GHz. Ce signal est transmis dans des guides d’onde, puis dans un câble coaxial
pour descendre dans le cryostat. Sur l’un des synthétiseurs, un battement est réalisé pour
visualiser l’allumage et l’extinction du signal micro-onde.

sation orthogonale au premier. Les deux polarisations sont combinées, transmises à un
atténuateur micro-onde Flann-Microwave puis sont converties par l’adaptateur pour être
transmises dans un câble coaxial. Puisque tous les signaux passent par le même atténua-
teur, la puissance de la micro-onde est ajustée au niveau des générateurs eux-mêmes, ce
qui présente l’inconvénient de ne pas être un réglage linéaire.

Parmi les quatre synthétiseurs, trois sont connectés sur le même quadrupleur ac-
tif, ce qui signifie qu’ils ne peuvent pas être allumés en même temps. Le synthétiseur
« spectroscopie » est quant à lui brancher sur un autre quadrupôle et peut être uti-
lisé independamment des autres, en particulier pour faire la spectroscopie de niveaux
habillés par une autre micro-onde. En tant que sonde, il n’est pas nécessaire que la micro-
onde soit puissante ce qui justifie l’utilisation d’un quadrupôle passif. Les synthétiseurs
« purification » et « sonde » sont, comme leur nom l’indique, principalement destinés à
appliquer la purification - juste après la circularisation - ou les sondes des niveaux - à
la toute fin de la séquence. Les impulsions micro-ondes qu’ils permettent de générer sont
réglés chaque fois en impulsion π pour transférer un maximum de population. Enfin,le
dernier synthétiseur « zénon » est utilisé dans les séquences expérimentales de la dyna-
mique Zénon quantique pour créer la « barrière Zénon ». Pour visualiser à l’oscilloscope
l’allumage et l’extinction du signal, un coupleur 10 dB prélève une partie du signal pour la
faire battre avec un synthétiseur micro-onde YIG. La fréquence du YIG est ajustée pour
obtenir un battement à 10 MHz qui est visualisé sur un oscilloscope.



Annexe D

Impulsions micro-ondes et largeur
spectrale

Les impulsions micro-ondes utilisées dans le cadre de l’étude des passage adiabatiques
et des oscillations de Rabi sont réglées comme des impulsions sélectives. Cependant, leur
durée finie entraîne une largeur spectrale Δν = 1/Δt dont les effets sont visibles sur les
résultats expérimentaux. Nous présentons ici les mesures de ces largeurs spectrales et des
contaminations qui en résultent.

D.1 Largeur spectrale de la sonde k2′

Les sondes k0 k2′ doivent résoudre les niveaux |51, k = 2′〉 et |51, k = 0〉 séparés de
seulement 250 kHz d’effet Stark quadratique différentiel. Les sondes sont réglées en im-
pulsion π pour une durée de 7μs. Pour mesurer les contaminations par le niveau |51, k = 0〉
de la population transférée par cette sonde dans le niveau |49, k = 2′〉, nous avons réalisé
la spectroscopie présentée sur la figure D.1. Après un passage adiabatique dans n = 52,
le niveau circulaire |52, k = 0〉 est purifié vers le niveau |51, k = 0〉. La spectroscopie est
réalisée avec impulsion micro-onde dont les caractéristiques - durée et puissance - sont
celles de la sonde k2′ . Lorsque la fréquence de cette micro-onde est égale à la fréquence
de résonance de la transition |51, k = 2′〉 → |49, k = 2′〉, les conditions sont exactement
celles de la sonde k2′ . Les atomes sont détectés au seuil d’ionisation du niveau |49, k = 2′〉
et normalisés par le nombre d’atomes circulaires détectés.

Nous observons que la sonde transfère le niveau |51, k = 0〉 vers le niveau |49, k = 0〉 et
la population du niveau |49, k = 0〉 est détectée par effet de bord - recouvrement des pics
d’ionisation - au seuil du niveau |49, k = 2′〉, très proche de celui du niveau |49, k = 0〉.
Lorsque la fréquence de la micro-onde est égale à ν2′ , le nombre d’atomes détectés sur
ce signal (vert) correspond aux nombres d’atomes circulaires |51, k = 0〉 que la sonde
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Figure D.1 – Largeur spectrale de la sonde k2′ .

k2′ détecte par effet de bord. Dans les conditions de cette expérience, nous détectons
(1, 2 ± 0, 1)% atomes (voir agrandissement). La sonde k2′ détecte donc 1, 2% des atomes
circulaires.

L’effet décrit ici est complètement négligeable pour les autres sondes, éloignées d’en-
viron 7, 5 MHz les unes des autres. De largeur spectrale 1 MHz, les taux de contamination
restent très faibles.

D.2 Largeur spectrale de l’impulsion de purification

L’impulsion de purification appliquée après le passage adiabatique est résonante sur
la transition |52, k = 0〉 → |51, k = 0〉. Elle réalise un transfert maximal des atomes en
une durée de 0, 62μs. Pour mesurer le profil spectrale de cette impulsion, l’état circu-
laire |52, k = 0〉 est préparé par un passage adiabatique optimal, identique à celui du
paragraphe III.2.3.c. Une micro-onde dont les caractéristiques - durée et puissance - sont
celles de l’impulsion de purification est appliquée. Nous mesurons les populations au seuil
des niveaux |52, k = 0〉 et |49, k = 1〉 (fig.D.2).

L’allure des populations sur ces deux niveaux nous rappelle les courbes de passage
adiabatique sans purification (cf fig.III.19b). Il semble donc que quelques atomes de ces
niveaux aient été transférés par l’impulsion de purification. Bien que résonante sur la
transition |52, k = 0〉 → |51, k = 0〉, cette impulsion a une fenêtre temporelle de 0, 62μs
et par conséquent une largeur spectrale de 1, 6 MHz. La distribution spectrale de l’impul-
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sion est un sinus cardinal dont l’un des rebonds coïncide avec la fréquence de transition
|52, k = 1〉 → |51, k = 1〉. La courbe D.2 montre que l’impulsion de purification transfère
ainsi 1, 5% des atomes peuplant le niveau |52, k = 1〉 vers le niveau |51, k = 1〉. Il en est
exactement de même pour le niveau |52, k = 1′〉, dont la fréquence de transition vers la
multiplicité n = 51 est la symétrique de celle du niveau k1 par rapport à la transition de
la purification.

Figure D.2 – Effet de l’impulsion de purification sur les atomes du niveaux |52, k = 1〉.
On a ici préparé l’état |52, k = 0〉 par passage adiabatique. On le purifie alors avec un
pulse micro-onde ajusté aux paramètres du pulse π de la purification du circulaire, et
de fréquence variable. On détecte alors la population dans le |52, k = 1〉, ainsi que la
population dans le |49, k = 1〉 après application de la sonde k1. Du fait que les seuils
d’ionisation sont proches pour les niveaux |52, k = 0〉, |52, k = 1〉 et |52, k2〉, on détecte
dans le |52, k = 1〉 la dépopulation lorsque la micro-onde de purification est résonante avec
les transitions |52, k = 0〉 → |51, k = 0〉, |52, k = 1〉 → |51, k = 1〉 ou |52, k2〉 → |51, k2〉.
Les trois pics ainsi visibles sont espacés des 4,2 MHz, l’effet Stark linéaire différentiel entre
ces niveaux. La sonde k1 ne détecte quant à elle que les atomes dans le niveaux |51, k = 1〉,
ce qui explique que l’on ne voit qu’un seul pic sur le deuxième signal. Ce dernier correspond
exactement à la transformée de Fourier du pulse de purification : les points s’accordent
parfaitement avec le sinus cardinal de largeur spectrale ω = 1

Δt
= 1, 66MHz. La fréquence

de la transition |52, k = 0〉 → |51, k = 0〉 se situe dans le deuxième pied du sinus cardinal,
raison pour laquelle on détecte une fraction d’atomes du |51, k = 1〉 avec les paramètres de
purification du circulaire. Cette fraction représente expérimentalement 1,5 % des atomes
que l’on compterait avec une purification optimisée pour le k1
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Manipulations cohérentes d’états de Rydberg ellip-
tiques par dynamique Zénon quantique

Résumé Dans ce mémoire, nous décrivons la réalisation d’un nouveau montage expé-
rimental permettant de manipuler, à l’aide d’un champ radiofréquence de polarisation
bien définie, l’état interne d’un atome de Rydberg à l’intérieur de la multiplicité Stark.
Nous avons utilisé ce dispositif pour transférer, avec une efficacité proche de 1, les atomes
depuis un niveau de faible moment angulaire, accessible par excitation optique depuis le
fondamental, vers le niveau de Rydberg circulaire, de moment angulaire maximal. Nous
avons ensuite cherché à induire des dynamiques quantiques nouvelles de l’état de l’atome
et mis en évidence la dynamique Zénon quantique dans un système de grande dimension.
En appliquant un champ micro-onde bien choisi, on peut restreindre l’évolution atomique
induite par le champ radiofréquence à un sous-ensemble des niveaux Stark de la multipli-
cité. Cette dynamique confinée est très différente d’une dynamique classique, le système
évoluant périodiquement vers un état « chat de Schrödinger ». Nous avons expérimenta-
lement observé cette évolution dans l’espace des phases et mesuré la fonction de Wigner de
l’atome au moment de l’apparition du chat, démontrant pour la première fois les aspects
non-classiques de la dynamique Zénon quantique dans un espace de Hilbert non-trivial.

Mots-clés CQED, décohérence, atomes de Rydberg, état cohérent de spin, dynamique
Zénon quantique.

Coherent manipulations of Rydberg elliptic states
with quantum Zeno dynamics

Abstract In this manuscript, we describe the realization of a new experimental setup
to manipulate with a well-polarized radiofrequency electric field the internal state of a
Rydberg atom inside the Stark manifold. We used this setup to transfer with a nearly 1
efficiency the atoms from a optically-accessible low-m state to the high angular momen-
tum circular Rydberg state. We then tried to induce new quantum dynamics of the atomic
state and we showed the quantum Zeno dynamics in a large Hilbert space. By applying a
well-choose microwave field, one can restrict the atomic evolution induced by the radiofre-
quency field to a subspace of the Stark manifold. This confined dynamics is very different
from a classical dynamics. The system periodically evolves to a « Schrödinger cat state ».
We experimentally observed this evolution in the phase space and mesured the atomic
Wigner function at the cat state . This is the first demonstration of the non-classical
aspect of the quantum Zeno dynamics in a non-trivial Hilbert space.

Keywords CQED, Rydberg atoms, spin coherent state, quantum Zeno dynamics, de-
coherence.


