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Résumé

Dans le cadre de l’étude expérimentale des états quantiques intriqués de particules
uniques, il est nécessaire de développer des systèmes compacts, robustes et polyvalents.
Motivés par la miniaturisation, la stabilité et la flexibilité apportées par les fibres optiques,
nous présentons deux expériences où les fibres optiques servent d’interfaces pour piéger
des atomes uniques et collecter les photons uniques émis.

Dans un premier temps, en combinant une fibre optique monomode avec une lentille
asphérique, un faisceau dipolaire permet de piéger un atome de rubidium unique par
blocage collisionnel. Le refroidissement et le taux de pertes par collisions assistées par
la lumière dans le piège dipolaire sont augmentés via une modulation de l’intensité du
faisceau dipolaire dont l’effet sur la durée de vie de l’atome est expliqué. Une source fibrée
de photons uniques à la demande est obtenue avec ce dispositif, produisant des photons
dans un mode spatial et temporel à priori bien défini.

Dans un second temps, nous présentons la conception d’une expérience couplant op-
timalement une chaîne d’atomes uniques piégés à une cavité Fabry-Pérot fibrée combinée
avec une lentille à forte ouverture numérique pour imager et adresser les atomes individuel-
lement. Un dispositif d’ablation laser de précision submicrométrique est alors construit
pour réaliser et analyser in situ les formes de miroirs voulues à l’extrémité des fibres
optiques. Nous présentons ensuite les cavités fibrées doublement résonantes avec une biré-
fringence contrôlée réalisées. Nous décrivons également le système expérimental construit
pour la production rapide d’un nuage d’atomes froids et leur transport vers la cavité.

Mots-clés : Atomes froids uniques, Pince optique fibrée, Photons uniques, Électrody-
namique quantique en cavité, Cavité fibrée, Ablation laser
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Abstract :
The experimental study of entangled quantum states of single particle ensembles re-

quires development of compact, robust and versatile systems. Motivated by miniaturi-
zation, stability et flexibility provided by optical fibers as light wave-guides, we present
two experiments where optical fibers are used as interfaces for single atoms trapping and
single photons collection into their guided modes.

The first experiment combines a singlemode fiber with an aspherical lens to produce
a dipolar beam in which we trap a single rubidium atom by collisional blockade. This
fiber-pigtailed optical tweezer is a simple, compact and versatile tool for single cold atom
production. Cooling and light-assisted collisional loss rate in the dipole trap are increased
by modulating the dipole beam intensity. The modulation and beam polarization effects
on atom lifetime are presented and explained. With this setup, we realized a triggered
single photon source, whose photons have a priori well defined spatial and spectral mode
due to the optical fiber and the atomic transition.

In a second part, we present the design of an experiment which optimally couples a
trapped single atom register to a fiber Fabry-Pérot cavity and where a high numerical
aperture lens allows for individual imaging and addressing. A sub-micron precision laser
ablation setup is built to create and to analyze in situ desired mirror shapes on optical fiber
end faces. Then, we present the produced double resonant fiber cavities with controlled
birefringence. Eventually, we describe the created experimental setup for fast cold atom
cloud production and transport towards the cavity.

Keywords : Single cold atoms, Fiber-pigtailed optical tweezer, Single photons, Cavity
quantum electrodynamics, Fiber cavity, Laser ablation
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Introduction

Quand le formalisme de la mécanique quantique a été conçu dans le premier tiers du
XXème siècle, les physiciens ont imaginé des expériences de pensée pour comprendre, ex-
pliquer et surtout tester cette nouvelle théorie entraînant des prédictions contre-intuitives.
Parmi les plus connues et les plus fondamentales, on peut citer : le chat de Schrödinger, qui
décrit le principe de superposition d’états et le postulat de la mesure, et qui pose la ques-
tion du passage du monde quantique probabiliste au monde macroscopique déterministe ;
la boîte d’Einstein, imaginée pour essayer de mettre en défaut le principe d’incertitude
de Heisenberg ; et le paradoxe d’Einstein, Podolsky et Rosen (EPR) [1], qui introduit la
notion d’intrication quantique pour mettre en doute la complétude de l’interprétation de
Copenhague qui est une théorie non-locale. Le point commun à toutes ces expériences
de pensée est l’utilisation de particules uniques (respectivement : un atome radioactif, un
photon ou deux particules uniques). Ces expériences étaient alors considérées uniquement
comme des outils théoriques par certains scientifiques. Schrödinger, lui-même, disait en
1952 [2] : “Nous n’expérimentons jamais juste avec un électron ou atome ou (petite) mo-
lécule. Dans les expériences de pensée, nous supposons parfois que nous le faisons ; ceci
entraîne invariablement des conséquences ridicules.”

Cependant, un nombre considérable d’évolutions technologiques et scientifiques ont
changé la donne des outils utilisables par les expérimentateurs depuis les premiers pas
de la mécanique quantique. La plus fondamentale a été donnée par l’invention du laser
[3, 4] qui fournit une onde électromagnétique cohérente se rapprochant du cas idéal mo-
nochromatique. En physique atomique, cette lumière cohérente a permis de développer
des techniques expérimentales de contrôle des états internes et externes des atomes. Les
développements du refroidissement Doppler [5, 6, 7] puis du piège magnéto-optique [8] ont
permis d’obtenir des nuages d’atomes neutres froids et piégés. Les techniques de piégeage
conservatif avec des interactions magnétiques [9] et dipolaires [10] ont ensuite mené à la
formation de ces états fascinants que sont les condensats de Bose-Einstein [11, 12]. Ces
avancées expérimentales ont été récompensées par l’attribution des prix Nobel de physique
en 1997 (Cohen-Tannoudji, Chu et Phillips) et en 2001 (Cornell, Wieman et Ketterle).
De nos jours, les condensats peuvent être utilisés pour produire des atomes uniques dans
des réseaux optiques via la transition d’un état superfluide vers un état d’isolant de Mott
[13, 14]. Les techniques de refroidissement laser permettent aussi d’obtenir des ions uniques
ultra-froids dans des pièges électriques [15].

Le piégeage d’atomes neutres uniques peut aussi s’obtenir de façon relativement simple
dans des micro-pièges. En effet, les collisions exothermiques entre atomes, créant des
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pertes dépendantes de la densité atomique, peuvent être contrôlées par l’application d’un
laser quasi-résonant avec une transition atomique. Cet effet a permis l’obtention d’atomes
uniques dans un micro-piège dipolaire en 2001 par effet de blocage collisionnel [16]. De-
puis, les expériences utilisant ces atomes uniques se sont développées pour refroidir un
atome unique vers l’état fondamental de vibration [17] ou pour permettre le piégeage
d’atomes uniques dans des réseaux de pièges [18]. Cette technique expérimentale d’obten-
tion d’atomes uniques constitue un élément central cette thèse.

Parallèlement au développement des techniques de piégeage des particules atomiques
uniques, une série d’évolutions techniques, où les lasers occupent aussi une place centrale, a
permis la génération et la détection de photons uniques. Les premières sources de photons
uniques ont été les sources annoncées grâce à des processus d’émission simultanée de
deux photons dans deux modes différents, par cascade atomique [19] ou par conversion
paramétrique basse d’une impulsion laser [20]. L’obtention d’émetteurs uniques a ensuite
permis le développement de sources de photons réellement uniques [21, 22]. De nos jours,
les sources de photons uniques constituent un champ très actif de recherche expérimentale
avec une multitude d’émetteurs optiques différents [23].

L’obtention de particules uniques de matière et de lumière a permis de réaliser expéri-
mentalement des “conséquences ridicules”, dont en particulier, le phénomène d’intrication
quantique qui constitue un des attraits essentiels de la mécanique quantique. La réalisa-
tion de paires de photons uniques intriquées a ainsi prouvé que la mécanique quantique
était complète par la mesure de la violation des inégalités de Bell [24], qui est une re-
formulation du paradoxe EPR, en 1982 par le groupe d’Alain Aspect, soit quasiment un
demi-siècle après le début de la controverse entre Einstein et Bohr.

Les formidables avancées dans le contrôle des états quantiques de particules uniques,
reconnues par le prix Nobel de Physique en 2012 (Wineland et Haroche), ont aussi poussé
les développements théoriques et expérimentaux vers diverses applications de l’intrication
entre particules multiples :

- La communication quantique permet la distribution à distance de clefs de chiffrement
dont la sécurité est assurée par les principes de la physique quantique (postulat de la
mesure et théorème de non clonage) [25, 26, 27]. L’information quantique est encodée sur
des qubits, qui sont des systèmes quantiques à deux niveaux |0〉 et |1〉 formant la base de
la manipulation d’information. Les processus de communication quantique utilisent des
qubits photoniques qui transmettent l’intrication nécessaire à la réalisation des protocoles.

- La métrologie quantique vise à l’utilisation des corrélations quantiques d’états in-
triqués afin d’améliorer les performances des mesures interférométriques [28]. Le principe
est d’utiliser des états quantiques comprimés dont les fluctuations sont réduites dans la
direction choisie pour la mesure par rapport à la limite induite par le bruit de projection.

- Le calcul quantique repose sur la réalisation de portes logiques quantiques sur un
ensemble intriqué de qubits [25, 26]. L’intrication des qubits produit un parallélisme total
du calcul qui permet, pour certains problèmes, un gain exponentiel sur le temps de calcul
par rapport aux algorithmes classiques.

- La simulation quantique est un domaine de recherche expérimentale en plein dévelop-
pement visant à la simulation de systèmes physiques dont la résolution est trop complexe
pour être traitée classiquement [29]. Ces simulations peuvent être réalisées par un calcul
quantique ou par la réalisation d’un système dont la dynamique reproduit celle du système
simulé avec des paramètres ajustables.
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Un des problèmes principaux du développement de ces applications est l’obtention
de systèmes quantiques stables, compacts et flexibles afin de permettre une utilisation
simple, des combinaisons entre divers systèmes ou l’utilisation d’un grand nombre de
copies. Pour cela, les fibres optiques, dont le développement a été récompensé par le prix
Nobel de Physique en 2009 (Kao), constituent une solution technique d’une compacité
et d’une flexibilité extraordinaires pour le guidage d’une onde électromagnétique dans
les domaines visible et infrarouge proche, qui contiennent les transitions optiques des
atomes alcalins largement utilisés en physique atomique. Les fibres optiques monomodes
[30] en particulier permettent d’obtenir le guidage d’un faisceau laser en assurant un mode
spatial unique et très stable. Ces avantages sont de puissants arguments pour l’utilisation
de fibres optiques, par exemple, pour l’extension des systèmes de calcul ou communication
quantique, ou pour une intégration flexible dans des expériences avec d’autres composants
microscopiques.

La première expérience présentée dans cette thèse utilise une fibre optique monomode
suivie d’une lentille asphérique pour produire une pince à atome unique de rubidium par
effet de blocage collisionnel. Ce dispositif réalise ainsi une version simple, compacte et
stable des expériences de production d’atomes uniques dans des micro-pièges dipolaires.
Outre l’utilisation d’une fibre optique, cette expérience est réalisée grâce à un piège dipo-
laire pulsé dont les avantages pour le confinement et le blocage collisionnel seront discutés
ainsi que son effet sur la durée de vie de l’atome unique dans le piège.

Avec un atome unique dans la pince fibrée, une source de photons uniques est alors
obtenue par un processus d’excitation à la demande. Outre la compacité et la relative
simplicité du système, cette source possède l’avantage de produire des photons uniques
dans un mode spatial et spectral à priori bien défini car ils sont directement couplés à une
fibre optique monomode, et ils sont issus d’un atome froid sans déplacement lumineux.

L’utilisation d’un objectif de forte ouverture numérique, comme celui de la pince op-
tique fibrée, permet de coupler un atome unique à un photon unique dans un mode bien
défini couplé à une fibre optique. Cependant, dans l’espace libre, l’interaction entre le pho-
ton et l’atome demeure cependant assez faible à cause de l’extension spatiale du photon
qui réduit le champ électrique.

Pour augmenter le couplage entre lumière et matière dans le but d’obtenir une inter-
action forte entre un atome unique et un photon unique, la solution est alors d’utiliser une
cavité, i.e. un ensemble de miroirs confinant le photon dans un volume réduit autour de
l’atome. Les systèmes d’électrodynamique quantique en cavité permettent ainsi l’échange
cohérent d’énergie entre un atome et un photon. Ce champ très actif et très divers de re-
cherche expérimentale a émergé dans le domaine des photons micro-ondes avec des atomes
de Rydberg [31], puis s’est développé dans le domaine optique avec des atomes [32] ou
des ions [33]. Il s’est ensuite étendu aux réalisations expérimentales avec des "atomes ar-
tificiels", i.e. des systèmes très variés dont la caractéristique est de posséder deux niveaux
quantiques couplés par le champ électromagnétique. On distingue en particulier les qu-
bits supraconducteurs pour le domaine micro-onde [34] et les boîtes quantiques pour le
domaine optique [35].

L’électrodynamique quantique en cavité constitue une ressource puissante pour les
processus de communication quantique [27] via l’amélioration de la collection de photons
uniques issus d’un atome unique [36, 37] ou d’un ion unique [38]. Un atome unique en
cavité peut émettre un photon dont l’état est intriqué avec celui de l’atome [37]. Le
transfert de l’état quantique du photon à un second système d’atome unique en cavité
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permet alors la réalisation efficace d’une intrication déterministe à distance entre deux
atomes uniques [39].

Mais l’électrodynamique quantique en cavité ne se limite pas aux expériences contenant
uniquement un atome par cavité ; elle est aussi un extraordinaire outil pour la réalisation
d’états intriqués d’ensembles d’atomes dans une cavité grâce aux interactions entre atomes
induites par le couplage au mode de la cavité. Elle permet, par exemple, de créer des états
comprimés du spin total de l’ensemble atomique, utiles pour repousser la limite du bruit
de projection pour la métrologie [40], ou des états dont la distribution de spin est non-
gaussienne [41, 42].

De plus, la cavité permet une mesure collective de l’état quantique de l’ensemble
d’atomes sans échange d’énergie [43]. Cette mesure, développée en particulier dans notre
groupe, a mené à la réalisation de tomographies d’états quantiques intriqués d’ensembles
de plusieurs dizaines d’atomes [41] et à la création d’états intriqués par effet Zénon quan-
tique et de leur tomographie [44, 45].

Cependant, dans le domaine d’électrodynamique quantique en cavité optique et dans
le régime de couplage fort (où la dynamique d’échange cohérent d’énergie entre atome
et photon domine les pertes énergétiques du système), les expériences se cantonnent à
l’utilisation d’un atome unique ou d’ensembles d’atomes indiscernables. Seules quelques
expériences très récentes commencent à étudier le système de deux atomes uniques couplés
à une cavité [46, 47].

Dans la deuxième partie de cette thèse, nous nous tournons donc vers la concep-
tion et la construction d’une nouvelle expérience couplant une chaîne d’atomes uniques
adressables au sein d’une cavité optique en régime de couplage fort. Dans cette nouvelle
expérience, le principe d’utilisation des collisions exothermiques induites par la lumière
demeure a priori applicable pour assurer l’unicité des atomes.

L’utilisation de fibres optiques comme substrats des miroirs d’une cavité Fabry-Pérot
constitue alors une solution ingénieuse développée initialement dans notre groupe [48]. En
effet, la compacité des fibres optiques permet de former des cavités de volume de mode
réduit afin d’obtenir un fort couplage entre un atome et un photon confiné dans le mode de
cavité. Par ailleurs, l’encombrement spatial reste limité avec des fibres optique et facilite
l’accès optique au centre de la cavité. De plus, le couplage entre le mode de la cavité et
les modes guidés des fibres optiques permet une excellente stabilité et une simplification
du dispositif autour de la chambre à vide. Afin d’obtenir une cavité Fabry-Pérot fibrée
de haute finesse avec un bon contrôle des paramètres, nous avons construit au cours de
cette thèse un dispositif d’ablation laser de précision submicrométrique pour sculpter les
miroirs et incluant un système d’imagerie pour mesurer in situ les formes produites.

Dans cette nouvelle expérience, la cavité Fabry-Pérot fibrée possédera un réseau de
sites de piégeage d’atomes uniques optimalement couplés aux photons résonants avec une
transition atomique. Le dispositif inclura aussi une lentille de forte ouverture numérique
afin de résoudre optiquement les atomes uniques pour les imager et les adresser. Cette
combinaison offrira à la fois les possibilités d’interactions et de mesures collectives de
l’électrodynamique quantique en cavité et les outils d’interactions et de mesures indivi-
duelles développés dans les domaines des ions piégés [49, 50] et des réseaux optiques pour
atomes uniques [51]. Ces multiples possibilités ouvrent de nouvelles voies vers la création
et la détection d’états intriqués d’ensembles d’atomes uniques. Par exemple, un dévelop-
pement offert par ce nouveau système est la possibilité d’un couplage entre atomes, via le

4



Table des matières

champ de la cavité, sélectif grâce à l’adressage individuel, qui peut mener à la réalisation
de calculs quantiques [52].

Plan de la thèse :

Les deux premiers chapitres sont dédiés à l’expérience de pince optique fibrée, les trois
chapitres suivants concernent l’expérience de chaîne d’atomes uniques en cavité fibrée.

Le premier chapitre commence par une description théorique de l’interaction dipolaire
et des pertes dans un piège dipolaire qui mènent à l’obtention d’un atome unique par blo-
cage collisionnel, accompagnée d’une brève discussion des autres techniques pour obtenir
des atomes uniques. Ensuite, le dispositif de l’expérience de pince à atome unique fibrée
est présenté et les résultats de l’observation d’un atome de rubidium unique dans un piège
dipolaire pulsé sont discutés.

Le second chapitre porte sur la réalisation d’une source de photons uniques avec un
atome unique piégé dans ce dispositif. Après une discussion des intérêts des sources de
photons uniques et de leurs diverses implémentations, les principes de l’excitation de
l’atome, de l’émission d’un photon unique et de la caractérisation de cette unicité sont
introduits. La dernière partie de ce chapitre présente les résultats expérimentaux obtenus
avec la pince optique fibrée.

Le troisième chapitre introduit les principes théoriques de l’électrodynamique quan-
tique en cavité applicables dans la nouvelle expérience, puis précise le concept de l’obten-
tion expérimentale d’une chaîne d’atomes uniques adressables et optimalement couplés à
un mode de cavité Fabry-Pérot fibrée. Enfin, les contraintes expérimentales sont abordées
pour quantifier les conditions à imposer lors de la réalisation des miroirs de la cavité, en
particulier pour l’obtention d’un couplage optimal et pour contrôler la biréfringence de la
cavité.

Le quatrième chapitre présente le principe de la réalisation des miroirs sur l’extré-
mité des fibres par ablation laser, puis le nouveau dispositif automatisé mis en place
pour améliorer les capacités de production. La dernière partie de ce chapitre porte sur la
caractérisation des cavités fibrées réalisées pour l’expérience.

Le dernier chapitre décrit le dispositif expérimental mis en place pour obtenir un
nuage d’atomes froids dans une cellule à vide pour la nouvelle expérience, puis détaille les
différentes étapes pour permettre le chargement du réseau de sites de piégeage couplés au
mode de la cavité.
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Chapitre 1
Piégeage d’un atome de rubidium

unique dans une pince optique fibrée

Le piégeage et la manipulation d’atomes ou ions uniques présentent plusieurs inté-
rêts. Un des plus fondamentaux est la capacité de réaliser des expériences avec la brique
élémentaire de l’information quantique : le qubit, soit un système à deux niveaux sur le-
quel des manipulations individuelles peuvent être réalisées. Comme les atomes d’un même
isotope d’un élément chimique sont tous rigoureusement identiques, la symétrie des inter-
actions permet de créer certaines formes d’intrication 1 entre les qubits [53, 54, 39]. Cette
intrication peut être utilisée pour diverses applications : pour tester les inégalités de Bell
[55], pour implémenter des portes logiques quantiques [56, 57] ou pour téléporter un état
quantique [58, 59].

Par ailleurs, l’obtention d’atomes uniques permet de réaliser des sources de photons
uniques dont les intérêts sont discutés en détail dans le chapitre 2. Ces photons uniques
constituent en particulier le champ quantique porteur de l’interaction à distance entre
qubits lors d’une communication quantique [39, 59], ainsi qu’une voie d’intrication pro-
babiliste des qubits [60, 61].

Cependant le piégeage conservatif d’atomes neutres uniques constitue un défi expéri-
mental. Les solutions techniques découlent :

- de la compréhension des interactions entre les atomes et les champs électromagné-
tiques que peut imposer l’expérimentateur pour le piégeage.

- de la capacité d’isoler un atome neutre qui repose plus précisément sur le contrôle
des interactions entre les atomes.

Dans une première partie, ce chapitre s’attache donc à présenter l’interaction dipolaire
d’un atome avec l’onde électromagnétique monochromatique d’un faisceau laser, puis aux
processus de pertes du piège dipolaire qui mènent à l’obtention d’un atome unique par effet
de blocage collisionnel. Enfin, une brève discussion des autres techniques expérimentales
produisant des atomes uniques est menée.

Cependant, la plupart des expériences d’obtention d’atomes uniques sont d’une com-
plexité et d’une taille qui limitent leur capacités de combinaison avec d’autres éléments.
Afin de pallier à ces contraintes, nous proposons une solution qui utilise simplement une

1. Grâce à la symétrie des opérations de manipulation implémentées par l’expérimentateur, et surtout,
grâce à la symétrie de l’interaction avec un champ quantique (de phonons ou de photons) ou avec des
effets d’interaction collective non linéaire (comme le blocage de Rydberg).
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1. Piégeage d’un atome de rubidium unique dans une pince optique fibrée

fibre optique et une lentille asphérique, réduisant la taille et augmentant la flexibilité de
la production d’atomes uniques par blocage collisionnel dans une pince optique.

Dans une seconde partie, ce chapitre présente donc la réalisation expérimentale du pié-
geage d’un atome unique dans une pince optique fibrée qui constitue une version compacte
et relativement simple de source d’atomes uniques.

1.1 Principe de l’obtention d’un atome unique
Les manipulations d’atomes neutres utilisent l’interaction entre leurs dipôles élec-

triques et magnétiques et le champ électromagnétique. Pour le piégeage conservatif, l’in-
teraction avec un faisceau laser fortement désaccordé des résonances atomiques constitue
une méthode expérimentale largement utilisée [62].

1.1.1 Interaction dipolaire
Aux fréquences optiques, l’interaction entre un atome et une onde électromagnétique

est dominée par l’interaction du champ électrique avec le dipôle qu’il induit. En physique
classique, dans un champ monochromatique E = Eeiωt + E∗e−iωt, 2 le dipôle induit de
l’atome P = P eiωt + P ∗e−iωt est décrit par P = αE où α est la polarisabilité. L’énergie
d’interaction s’écrit alors 3 Udip = −1

2〈P .E〉 = − 1
2ε0c< (α) I où I = 4ε0c |E|2 est l’intensité

de l’onde [62]. L’atome est donc attiré vers les positions de haute intensité si le signe de
la partie réelle de la polarisabilité est positif, et repoussé dans le cas contraire.

Modèle semi-classique :

La description plus précise de l’interaction entre l’atome et le champ électromagnétique
passe par le modèle semi-classique de l’interaction d’une onde classique avec un atome
dont la description est quantifiée. L’opérateur dipolaire s’écrit :

d̂ =
∑
a,b

dab|b〉〈a| (1.1)

où a et b sont les indices marquant les états propres internes du système atomique et
dab = 〈b|d̂|a〉 est proportionnel à l’intégrale de recouvrement entre les fonctions d’onde
des électrons par rapport au noyau des deux niveaux. La matrice du dipôle ne contient
pas d’éléments diagonaux car l’atome n’a pas de dipôle permanent. Le hamiltonien d’in-
teraction semi-classique est alors : Ĥsm = −d̂.E .

En se limitant à deux niveaux atomiques, un état fondamental f et un état excité
e, on montre que l’atome subit une force moyenne appelée force radiative. Cette force
est constituée de deux composantes. L’une est la force de pression de radiation qui est
utilisée pour refroidir et piéger les atomes dans un piège magnéto-optique (PMO). Elle
est importante dans le cas où le désaccord δ = ω − ωat entre la fréquence du laser et
la fréquence de la transition atomique, est de l’ordre de la largeur naturelle Γ de l’état
excité et décroît en δ−2 pour des grands désaccords. Pour des désaccords plus importants

2. La définition choisie ici pour les notations complexes est utilisée ensuite lors de la définition du
champ électromagnétique quantifié qui est séparé en ses composantes spectrales à fréquences positives et
celles à fréquences négatives.

3. Le terme 1
2 dans l’énergie prend en compte le fait que le dipôle est induit.
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1.1. Principe de l’obtention d’un atome unique

(typiquement |δ| � Γ), l’autre composante devient prédominante. Elle est appelée force
dipolaire car son expression a d’abord été obtenue classiquement. La force dipolaire s’écrit :

F dip = −~δ
2

∇s (r)
1 + s (r) (1.2)

où s (r) est le paramètre de saturation qui dépend des caractéristiques du faisceau laser
au point r de la position de l’atome selon :

s (r) = Ω2 (r) /2
δ2 + Γ2/4 avec Ω (r) = −2 (dfe.E (r))

~
(1.3)

où Ω est la pulsation de Rabi qui peut être prise réelle positive avec un choix de phase
pertinent. La force dérive donc du potentiel :

Udip = ~δ
2 ln (1 + s (r)) (1.4)

Ainsi, selon le signe du désaccord, l’onde électromagnétique crée un potentiel qui attire ou
repousse les atomes des régions de forte intensité lumineuse. En utilisant un faisceau laser
focalisé désaccordé vers le rouge de la transition, on peut donc créer une “pince optique” ;
en effet, à l’intensité maximale du faisceau, on obtient un puits de potentiel qui permet
de piéger des atomes [10, 62]. Le régime qui nous intéresse est celui des grands désaccords
avec une lumière non saturante car la force dipolaire décroît en δ−1 donc moins vite que
la pression de radiation et le taux d’émission spontanée, proportionnel lui-aussi à δ−2, est
très faible. On obtient donc un potentiel conservatif. L’expression du potentiel dipolaire
se simplifie dans ce cas à :

Udip (r) = ~Ω2 (r)
4δ = ~Γ2

8δ
I (r)
IS

(1.5)

où IS est l’intensité de saturation qui est définie par la relation Ω =
√

I
2IS

Γ et peut s’écrire
pour un système à deux niveaux :

IS = ~ω3
atΓ

12πc2 (1.6)

soit, en utilisant l’expression de la largeur naturelle en fonction du dipôle (cf. equation 2.4),
IS = 1, 6 mW/cm2 pour la ligne D2 du rubidium 87 (87Rb).

Potentiel pour un alcalin dans son état fondamental :

La structure interne des atomes de 87Rb que nous utilisons est plus complexe que celle
d’un système à deux niveaux. Le potentiel dipolaire résulte alors de l’addition des effets
qu’entraîne chaque transition possible vers un niveau b sur le niveau a. Selon la théorie
des perturbations au second ordre, l’énergie Ua du niveau a est modifiée de :

∆Ua =
∑
b 6=a

∣∣∣〈b ∣∣∣−d̂.E
∣∣∣ a〉∣∣∣2

Ua − Ub
(1.7)

où les énergies Ua sont prises dans la base des état habillés qui prennent en compte
l’énergie des photons de telle sorte que Ua−Ub = ~ (ω − ωat,ab) = ~δab. On remarque avec
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1. Piégeage d’un atome de rubidium unique dans une pince optique fibrée

cette formulation que l’interaction agit aussi sur l’état excité avec un effet inverse, résultat
classique de l’interaction entre deux états quantiques.

Dans le cas des alcalins, dans la mesure où l’on se limite à des désaccords piégeants,
l’effet sur le niveau fondamental est dominé par les deux premières transitions, soit les
lignes D1 et D2 avec les désaccords respectifs δ1 et δ2. Il est alors possible de montrer,
via l’utilisation de l’élément dipolaire réduit et des coefficients de Clebsh-Gordan, que le
potentiel dipolaire perçu par le niveau fondamental est [63, 64] :

Udip (r) = ~Γ
24

((
1−C.

gF
~

F̂
) Γ
δ1

+
(

2 + C.
gF
~

F̂
) Γ
δ2

)
I (r)
IS

=
[
~Γ
24

(
Γ
δ1

+ 2 Γ
δ2

)
I (r)
IS

](
1 + δ1 − δ2

2δ1 + δ2
C.
gF
~

F̂

) (1.8)

où F̂ est l’opérateur de moment cinétique total de l’atome, gF est le facteur de Landé du
niveau hyperfin du fondamental et C = =

(
ep × e∗p

)
donne la direction et l’amplitude de

l’ellipticité 4 ε =
√

1− |C|2 de la polarisation de vecteur ep : C = 0 pour une polarisation
linéaire et |C| = 1 pour une polarisation circulaire. Dans le cas d’une polarisation linéaire
tous les sous-niveaux Zeeman ont le même potentiel à cause de la symétrie de la struc-
ture. Pour une polarisation elliptique 5, le moment cinétique va avoir un mouvement de
précession autour de C qui définit l’axe de quantification où les états propres du système
sont les sous-états Zeeman |F,mF 〉, et on a C.gF~ F̂ |F,mF 〉 = |C|gFmF |F,mF 〉. L’effet de
levée de dégénérescence induit par l’ellipticité de la polarisation du champ dipolaire peut
être pris en compte par un champ magnétique fictif [65, 66].

Piégeage dans un faisceau laser gaussien décalé sur le rouge de la transition :

Le profil d’intensité d’un faisceau laser après un filtrage spatial dans une fibre optique
peut s’écrire sous la forme d’un faisceau gaussien [4, 30] présenté sur la figure 1.1 (voir
aussi section 3.1.1 pour l’origine de cette description) :

I (r, z) = 2P
πw (z)2 e

− 2r2
w(z)2 (1.9)

où r est la distance à l’axe optique qui est paramétré par z, et où l’on a introduit la
puissance lumineuse du faisceau P et la largeur transverse du faisceau w :

w (z) = w0

√
1 +

(
z

zR

)2
(1.10)

où w0 est la largeur au col du faisceau qui est à l’origine de l’axe z, et zR = πw2
0

λ
est la

longueur de Rayleigh qui caractérise la distance sur laquelle w varie et qui dépend de la
longueur d’onde λ du laser.

4. L’ellipticité est définie ici selon ε = Ph−Pb
Ph+Pb

avec Ph et Pb les puissances minimales et maximales
observées après un polariseur. Si l’axe Oz est la direction de progation du faisceau, le vecteur de polarisa-
tion s’écrit ep = 1√

2

(√
1 + εex ± i

√
1− εey

)
avec le signe correspondant au sens de rotation. Le vecteur

caractéristique est alors C = ±
√

1− ε2ez
5. Ici on considère le cas où seul un potentiel dipolaire équivalent à un champ magnétique fictif est

présent. Si un champ magnétique réel est présent, l’axe de précession du moment cinétique est alors donné
par l’addition des champs réel et fictif.
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1.1. Principe de l’obtention d’un atome unique

w0
w(z)

z

r

zR

√2 w0

Figure 1.1 – Profil d’intensité d’un faisceau gaussien. Les lignes noires marquent la largeur w
(à e−2).

Le potentiel dipolaire créé par un faisceau laser polarisé linéairement fortement décalé
des transitions atomiques s’écrit donc en combinant les équations 1.8 et 1.9 :

Udip (r, z) = −U0
1

1 +
(
z
zR

)2 e
− 2r2
w(z)2 (1.11)

avec U0 = − ~ΓP
12πw2

0IS

(
Γ
δ1

+ 2 Γ
δ2

)
(1.12)

Dans la mesure où l’énergie mécanique de l’atome est inférieure à la profondeur du piège
U0, l’atome oscille indéfiniment autour du col du faisceau. Si la température de l’atome est
suffisamment faible pour le confiner au fond piège, on peut alors approximer la gaussienne
radiale et la lorentzienne axiale par un développement quadratique afin de retrouver les
résultats d’une particule de masse m dans un piège harmonique dont les pulsations radiale
ωr et axiale ωz sont données par :

ωr =
√

4U0

mw2
0

et ωz =
√

2U0

mz2
R

(1.13)

Les nombres de phonons moyens d’une particule à température T dans un piège har-
monique, dans chaque direction l, sont donnés par la statistique de Bose-Einstein nl =
1/
(
exp

(
~ωl
kBT

)
− 1

)
. Ceci permet de déduire l’extension spatiale de l’état thermique comme

σl =
√
〈l2〉 =

√
~

2mωl

√
2nl + 1. La densité de probabilité spatiale ρ (r) s’écrit alors [67] :

ρ (x, y, z) = 1
(2π)3/2 σxσyσz

e
− x2

2σ2
r
− y2

2σ2
y
− z2

2σ2
z (1.14)

1.1.2 Pertes dans un piège dipolaire
La profondeur des pièges dipolaires est limitée en pratique par la puissance laser dispo-

nible à typiquement quelques millikelvins lorsqu’elle est convertie en termes de tempéra-
tures en divisant par la constante de Boltzmann. Le piégeage nécessite donc le refroidisse-
ment préalable des atomes dans un PMO pour réduire de six ordres de grandeur l’énergie
cinétique. Ce processus est aléatoire, et si les atomes sont indépendants, la faible proba-
bilité de piéger un atome depuis l’ensemble des atomes à température ambiante donne
une loi de Poisson du nombre N d’atomes piégés : P (N = n) = αn

n! e
−α qui ne mène donc

pas forcément à l’obtention d’atome unique. En effet, si les paramètres expérimentaux
sont ajustés pour obtenir une probabilité non négligeable de présence d’un atome, alors
la probabilité d’avoir deux atomes est importante. Par exemple, avec α = 1 on obtient
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1. Piégeage d’un atome de rubidium unique dans une pince optique fibrée

P (N = 1) ' 37% et P (N = 2) ' 18%. Afin d’obtenir un atome unique, les interactions
entre atomes au sein du piège doivent donc être importantes pour briser l’indépendance
des variables aléatoires menant à ce résultat.

Considérons tout d’abord quelles sont les possibilités de pertes lorsque N atomes ont
été chargés dans un piège dipolaire afin d’identifier les processus qui peuvent permettre de
réduire ce nombre à 1. Les deux possibilités pour les atomes de s’échapper sont d’acquérir
une énergie mécanique plus importante que la profondeur du piège ou d’évoluer vers
un état interne qui n’est pas piégé par le faisceau laser. On distingue globalement trois
processus de pertes : l’évasion par chauffage résiduel de la lumière dipolaire, l’apport
d’énergie cinétique par collision avec une particule non piégée et les pertes par interaction
entre atomes. Cette dernière catégorie contient plusieurs processus différents qui reposent
sur les collisions.

Chauffage :

La lumière dipolaire induit une émission spontanée résiduelle car la population de
l’état excité en régime stationnaire n’est pas nulle. L’expression de l’émission spontanée
résiduelle s’écrit :

Γsp (r) = Γpe = Γ
2

s (r)
1 + s (r)

δ�Ω,Γ
' ΓUdip (r)

~δ
(1.15)

où pe est la population de l’état excité et la dernière expression est valable dans le régime
des grands désaccords. Dans ce cas, le processus de diffusion est élastique et l’énergie du
photon diffusé est donnée par la fréquence du laser. La faible probabilité des événements de
diffusion spontanée rend le processus poissonien et permet de déduire que l’augmentation
de l’énergie thermique de l’atome par photon diffusé 6 est 2Erc, où Erc = ~2k2

2m est l’énergie
de recul associée à l’émission d’un photon à la fréquence du laser par l’atome [62]. La
puissance moyenne de chauffage vaut donc :

Pch = 2ErcΓsp = 2ErcΓ
Udip

~δ
(1.16)

où les barres désignent la moyenne temporelle. Si l’on considère un piège harmonique de
valeur −U0 du potentiel au centre, l’équipartition de l’énergie potentielle et de l’énergie ci-
nétique permet d’écrire l’énergie mécanique 7 Em = Ec+Ep = 2Ec = 2Ep = 2

(
Udip + U0

)
.

Et l’équation d’évolution de l’énergie s’écrit :

dEm

dt = Pch = −Em − 2U0

tev
avec tev = ~|δ|

ErcΓ
(1.17)

où l’on a introduit le temps caractéristique d’évasion de tev qui est à un facteur 2 près le
rapport de la profondeur du piège et de la puissance de chauffage maximale. L’énergie mé-
canique tend donc exponentiellement vers 2U0 jusqu’au point où elle atteint U0, où l’atome
s’échappe du piège. Pour les cas des alcalins où les deux lignes D1 et D2 contribuent au
piégeage et au chauffage, l’évolution de l’énergie mécanique est plus complexe, mais l’on
peut considérer l’évolution de l’intensité moyenne perçue par l’atome I qui caractérise le

6. On néglige ici l’anisotropie du processus en supposant que l’énergie cinétique est redistribuée sur
l’ensemble des directions par les anharmonicités du piège sur des échelles de temps inférieures à Γ−1

sp .
7. Choisie à zéro au centre du piège pour un atome au repos en définissant l’énergie potentielle Ep

comme nulle au centre du piège.
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1.1. Principe de l’obtention d’un atome unique

confinement de l’atome dans le piège. Sous l’approximation de piégeage harmonique et
tant que l’énergie mécanique est inférieure à la profondeur du piège, l’évolution est donnée
par une exponentielle décroissante dont le temps caractéristique est toujours le ratio de la
profondeur du piège et de la puissance de chauffage maximale au fond du piège. Dans le
cas d’un faisceau de piégeage sur le rouge de la ligne D1 polarisé linéairement, l’évolution
lorsque l’atome est encore dans le piège est approximée par :

dI
dt = − I

tev
avec tev = ~

ErcΓ

1
|δ1| + 2

|δ2|
1
δ2
1

+ 2
δ2
2

(1.18)

Dans le cas d’un piège dipolaire à λD = 810 nm pour un atome de 87Rb, comme nous
l’utiliserons dans l’expérience, on obtient tev ' 70 s, une valeur bien supérieure aux temps
de vie expérimentaux de l’ordre de la seconde.

Expérimentalement, les fluctuations d’intensité du laser dipolaire constituent une autre
source de chauffage. En particulier, les composantes de Fourier de ces fluctuations aux
fréquences doubles des fréquences de piégeage produisent un chauffage paramétrique. Ces
deux effets de chauffage peuvent être compensés en appliquant régulièrement des processus
de refroidissement pour conserver l’atome dans le piège.

Collisions avec des particules non piégées :

La pression résiduelle dans la chambre à vide, essentiellement induite par les atomes de
Rb utilisés pour charger le PMO, est responsable de pertes à un corps dans le PMO et dans
le piège dipolaire. En effet lors d’une collision avec une particule non piégée dont l’énergie
cinétique est typiquement cinq ordres de grandeur supérieure à la profondeur du piège,
la redistribution de l’énergie éjecte l’atome du piège. Ces pertes induisent une variation
exponentielle du nombre d’atomes avec une constante de temps notée α−1. La nécessité de
conserver les atomes suffisamment longtemps dans le piège pour les expériences d’atomes
froids impose l’obtention de vides très poussés de l’ordre de 10−9 mBar au moins.

Pertes par collisions dans un piège dipolaire :

Les pertes par collisions entre atomes sont intrinsèquement dépendantes de la den-
sité n d’atomes et sont usuellement décrites, pour les collisions à deux corps, par un
terme −β0

∫
n2 (r) d3r = −β0〈n〉N dans l’équation différentielle de l’évolution du nombre

d’atomes. Le terme de densité est donné par le ratio du nombre d’atomes sur le volume
du piège 〈n〉 = N/V . Dans le cas d’un piège dipolaire optique d’un faisceau gaussien,
le volume du piège est approximé 8 par les distances caractéristiques du développement
quadratique : l’extension transverse du faisceau w0/

√
2 et sa variation longitudinale zR

soit un volume V = πw2
0zR = π2w4

0/λD. Le volume a donc une dépendance critique par
rapport à la largeur au col du faisceau, pour obtenir un fort effet des collisions un faisceau
très focalisé est donc nécessaire. Dans notre situation expérimentale le volume obtenu est
d’environ 47 µm3.

Un processus de collisions responsable des pertes est la photo-association qui forme
un état lié des deux atomes en collision, où l’un d’entre eux est dans l’état excité, via

8. Une définition plus rigoureuse passe par le volume du nuage thermique au sein du piège qui prend
en compte l’effet de la température sur la densité, cf. références [68] et [69]. Nous négligeons ici cet effet
pour obtenir une estimation proche de la valeur maximale du volume si l’atome n’est pas bien confiné
dans le piège. La valeur du terme de pertes à deux corps que nous obtenons dans cette partie constitue
ainsi une estimation minimale.
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1. Piégeage d’un atome de rubidium unique dans une pince optique fibrée

l’absorption d’un photon du piège dipolaire [70]. Le système peut alors se désexciter vers
un état lié où les deux atomes sont dans l’état fondamental. La molécule s’échappe alors
du faisceau dipolaire qui n’est pas confinant pour elle. Le système peut aussi se désexciter
vers un état libre du fondamental où l’énergie cinétique est de façon générale bien plus
importante que la profondeur du piège et permet l’évasion des deux atomes. Le processus
de photo-association dépend de la résonance du laser avec un état lié du système à un
atome excité, les résonances pour le 87Rb sont présentes jusqu’à environ 860 nm. Les
expériences qui visent à conserver un grand nombre d’atomes dans le piège doivent éviter
les résonances ou utiliser un laser de longueur d’onde supérieure à 860 nm.

Lorsque les atomes sont dans l’état hyperfin F = 2, un changement vers l’état F = 1
d’un des atomes peut se produire lors de la collision. L’énergie cinétique du système
augmente alors de la différence d’énergie entre les niveaux hνHF ' h × 6, 8 GHz et les
atomes sont alors éjectés du piège dont la profondeur typique U0/h ∼ 50 MHz est bien
inférieure [71].

Les pertes à deux corps pour des atomes de 87Rb dans un piège dipolaire ont été
mesurées dans différentes situations. Expérimentalement, les termes de pertes sont souvent
exprimés sous la forme −β′0N2. Le taux de collisions absolu est alors approximativement
β0 = β′0V . Dans un piège dipolaire à 784, 5 nm de largeur w0 ' 26 µm [72], la mesure
aboutit à β′0 ' 1, 4.10−6 (atomes.s)−1 ; en prenant en compte le volume V ' 5, 7.106 µm3,
on déduit β0 ' 8, 2.10−12 atomes−1.cm6.s−1. Dans un piège dipolaire à 810 nm de largeur
w0 ' 0.7 µm [66], le terme de collisions mesuré est β′0 ' 3, 5 (atomes.s)−1 ; soit, pour
le volume de 3 µm3, β0 ' 1, 0.10−11 atomes−1.cm6.s−1. Les deux mesures sont du même
ordre de grandeur et leur différence peut être due à la différence de contribution des
pertes par photo-association (car la longueur d’onde est différente) ou à des différences de
densité dues à la température qui faussent l’approximation faite sur le volume du piège.
Cependant, les conditions expérimentales de profondeur de piégeage et de température
sont approximativement les mêmes que dans l’expérience décrite par la suite, où l’on
attend donc une constante expérimentale de pertes à deux corps dans le piège de β′0 ' 0, 22
(atomes.s)−1.

Les collisions à trois corps peuvent permettre de former un état lié à deux atomes
avec transfert de l’énergie de liaison en énergie cinétique du troisième atome [73, 74].
Cependant, ces pertes par recombinaison ne sont importantes que dans les situations où
la densité est très importante car le terme de perte est alors cubique en densité : −Ln2N .
Pour les atomes de 87Rb, l’effet apparaît dans les condensats de Bose-Einstein et a été
mesuré à L ' 1, 8.10−29 atomes−2.cm6.s−1 pour l’état F = mF = 2 [75]. Pour trois atomes
dans notre piège de 47 µm3, le terme de pertes à trois corps est 9 ∼ 10−6 atomes.s−1. Nous
négligeons donc cet effet par la suite.

Pertes à deux corps assistées par lumière quasi résonante :

En présence de lumière quasi résonante, comme celle du PMO, les processus de colli-
sions sont fortement modifiés par la possibilité d’excitation résonante du système S+S de
deux atomes en collision dans l’état fondamental S vers les niveaux S +P du système où
l’un des atomes est dans l’état excité P . L’interaction dans le niveau S+S est un potentiel
attractif de force de dispersion de London, interaction entre dipôles induits qui varie en
1/R6, où R est la distance entre les atomes. L’interaction dans les niveaux S +P découle

9. Pour un gaz thermique, un facteur 6 doit être pris en compte par rapport à la valeur dans un
condensat, cf. référence [75].
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Figure 1.2 – Principes des collisions en présence de lumière quasi-résonante. L’énergie poten-
tielle selon l’état du système est représentée en fonction de la distance entre les deux atomes.
L’interaction entre un atome dans l’état fondamental S et un atome dans l’état excité P résulte
de l’interaction dipolaire. (a) : Collision avec excitation sur le rouge de la transition : le système
est excité sur la branche attractive et acquiert une énergie cinétique ∆Ec avec l’émission sponta-
née vers le fondamental. (b) : Collision avec excitation sur le bleu de la transition : le système est
excité sur la branche répulsive. Deux solutions sont alors possibles selon l’intensité du faisceau
bleu. Pour des fortes intensités, le système est ramené dans le fondamental par émission stimu-
lée : la collision est élastique (ligne verte). Pour des intensité plus faibles, l’émission spontanée
se produit bien après la collision et entraîne une augmentation d’énergie cinétique ∆Ec (ligne
rouge).

des forces dipôle-dipôle résonantes qui apparaissent à cause de la possibilité de transfert
de l’excitation d’un atome à l’autre [76]. Cette interaction est à plus longue portée en
1/R3 et des branches attractives et répulsives existent.

La figure 1.2 présente les possibilités de processus de collisions avec une lumière proche
de résonance. La dépendance des potentiels d’interaction à courtes distances n’est pas
représentée. Lorsque le faisceau est résonant sur le rouge de la transition, l’attraction des
deux atomes peut résulter en un gain d’énergie cinétique (cf. figure 1.2a), qui peut éjecter
les deux atomes du piège. Cet effet est désigné sous le nom de fuite radiative [77]. Le
processus peut aussi aboutir à la formation d’une molécule, comme pour le processus de
photo-association si l’émission spontanée se produit après un rapprochement suffisant. Le
terme de pertes à deux corps est donc amplifié par la présence de la lumière, avec un taux
de pertes noté β. Pour le 87Rb sur la transition F = 2→ F ′ = 3, une étude extensive des
pertes à deux corps dans un micro-piège dipolaire est donnée par la référence [69]. D’après
ces résultats, la constante de pertes dans notre expérience peut être grossièrement estimée
de l’ordre de β ∼ 3.10−9, soit β′ ∼ 60 (atomes.s)−1 dont l’inverse donne la durée de vie
de deux atomes dans le piège ∼ 15 ms.

Dans le cas où le laser est accordé sur le bleu de la transition, la situation diffère
selon l’intensité lumineuse. Un faisceau puissant permet de forcer le système à emprunter
la branche répulsive et à effectuer une collision élastique. Cette situation, nommée effet
de blindage optique, est avantageuse pour éviter les collisions non-élastiques et les pertes
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résultantes [78]. Dans le cas où, l’émission spontanée est dominante devant l’émission
stimulée, une variation de l’énergie cinétique est possible. Cependant, l’augmentation
maximale est donnée par la situation présentée sur la figure 1.2b. L’énergie apportée par
la collision est alors contrôlée via la fréquence du laser.

1.1.3 Piégeage d’un atome unique
Les effets de pertes à deux corps n’apparaissent évidemment que dans le cas où

plus d’un atome est présent dans le piège dipolaire. La probabilité d’une collision en-
gendrant une perte d’atomes pendant un intervalle de temps dt est donnée en réalité
par dtβ′N (N − 1) /2. L’expression des pertes écrite précédemment est la limite à grand
nombre d’atomes (N ' N − 1) en tenant compte du fait que chaque collision conduit à la
perte des deux atomes. En utilisant une configuration où le terme de pertes à deux corps
est dominant dans la dynamique du système, l’expérimentateur peut aboutir à un atome
unique au maximum.

Réduction d’un ensemble à un atome maximum :

Considérons tout d’abord le cas d’un piège dipolaire contenant initialement un nombre
d’atomes N0 � 1. Dans le mesure où le nombre d’atomes reste important, l’évolution du
nombre moyen d’atomes est approximativement donné par l’équation :

d〈N〉
dt = −α〈N〉 − β′〈N〉2 (1.19)

Cette équation différentielle est une équation de Riccati dont la solution s’écrit :

〈N〉 (t) = N0
e−αt

1 + βN0
α

(1− e−αt)
(1.20)

Le nombre d’atomes décroit donc naturellement vers 0 en se rapprochant d’une forme
exponentielle lorsque les pertes à un corps commencent à dominer la dynamique. Cette
équation n’est valable que pour des grandes valeurs de N . Cependant, lorsque le système
est dans un état où les pertes à deux corps sont négligeables pour les faibles nombres
d’atomes, la dynamique reste bien décrite par la solution car l’erreur de l’approximation
sur le terme à deux corps devient alors insignifiante. L’évolution est alors bien celle d’un
processus poissonien de pertes.

Le calcul de la dynamique exacte de l’évolution du nombre d’atomes lorsque celui-
ci est faible doit prendre en compte le caractère discret de la variable. La description
du système passe alors par l’équation pilote régissant les probabilités de chaque nombre
d’atomes, dont l’expression est établie dans la référence [79]. Cependant, dans la mesure
où les pertes par collisions constituent l’effet dominant même à faible nombre d’atomes,
soit β′ � α, on peut négliger l’effet des pertes à un corps. L’évolution à temps courts
devant α−1 est ainsi donné par une succession de fuites radiatives (ou photo-associations)
qui mène à un seul atome piégé si N0 est impair ou à un piège vide si N0 est pair. On
obtient donc un atome unique avec une probabilité de 50% si les fluctuations de l’ensemble
de départ sont grandes (

√
〈N2

0 〉 − 〈N0〉2 � 1). Cet effet a été aussi utilisé pour mettre en
évidence les propriétés des isolants de Mott via la mesure de la parité du nombre d’atomes
dans un site d’un réseau optique [14, 80].
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En utilisant une lumière sur le bleu de la transition dont le désaccord est bien contrôlé,
l’énergie apportée par la collision peut être choisie proche de la profondeur du piège. La
redistribution de l’énergie par collision élastique peut alors mener à une situation où seul
l’un des atomes possède suffisamment d’énergie pour s’évader. Par un tel dispositif, un
chargement quasi-déterministe d’un atome dans un piège dipolaire a été démontré [81].

Blocage collisionnel du chargement :

Dans notre situation expérimentale, le piège est continûment chargé par la présence
du PMO avec un taux de chargement noté R. L’équation d’évolution du nombre d’atomes
s’écrit donc :

dN
dt = R− αN − β′N(N − 1) . (1.21)

Il résulte deux régimes bien identifiés :

• Faible chargement : Pour des faibles valeurs du taux de chargement, le nombre
moyen d’atomes 〈N〉 reste faible et l’effet du terme de collision est négligeable et on
a donc 〈N〉 ∼ R/α.

• Fort chargement : Pour des grandes valeurs du taux de chargement, le nombre moyen
d’atome devient important et donc le terme de collision devient prépondérant devant
le taux de pertes à un corps. On obtient ainsi 〈N〉 ∼

√
R/β′.

La transition entre ces deux régimes se situe autour d’un nombre critique d’atomes
NC = α/β′ pour un taux de chargement RC = α2/β′. Dans le cas où NC � 1, i.e. pour une
situation où les pertes à deux corps sont négligeables à faible nombre d’atomes, l’analyse
précédente est correcte. Cependant, si NC � 1, alors la dynamique est plus complexe car
le terme de collision ne commence à jouer un rôle que si N ≥ 2. Si le taux de chargement
est faible devant les pertes à deux corps, on a alors un phénomène de blocage collisionnel
[82] : dès qu’un atome entre dans le piège déjà occupé, une collision causant la perte des
deux atomes se produit très rapidement avec l’atome occupant. Par conséquent, le nombre
d’atomes présents dans le piège est limité à 1 dans ce régime où la statistique du nombre
d’atomes est sub-poissonienne. Les premières observations ont été obtenues dans un piège
dipolaire à 810 nm de volume très réduit avec w0 ' 0.7 µm [16] pour maximiser le taux
de collision.

La prédiction des statistiques de chargement du piège peut s’obtenir par simulation
Monte-Carlo. La méthode utilisée consiste à tirer aléatoirement quel événement va modi-
fier le nombre d’atomes (perte à un corps, pertes à deux corps ou chargement d’un atome)
puis à tirer aléatoirement le temps au bout duquel cet événement se produit. En partant
de N = 0 et en simulant 105 sauts, on obtient les statistiques stationnaires pN de l’état
à N atomes dans le piège en divisant le temps passé dans cet état par le temps total.
Les résultats pour notre situation expérimentale sont représentés sur la figure 1.3, où l’on
a choisi le β′ estimé précédemment pour notre piège et une durée de vie pour l’atome
unique de α−1 = 2 s, ce qui correspond à un vide expérimentalement raisonnable. Lorsque
le taux de chargement est faible devant la constante de pertes à deux corps, le blocage
collisionnel est attendu avec des statistiques montrant une forte occupation p1 de l’état à
un atome alors que la probabilité p2 d’obtenir deux atomes dans le piège est négligeable.
Pour obtenir un atome unique de façon déterministe, il suffit alors d’arrêter le chargement
lorsqu’un atome est détecté dans le piège.
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Figure 1.3 – Simulation Monte Carlo de la statistique du nombre d’atomes dans le piège.
La durée de vie due aux pertes par collision avec une particule non piégée est α−1 = 2 s. La
constante de pertes à deux corps est β′ = 60 (atomes.s)−1. (a) Nombre moyen d’atomes 〈N〉 en
fonction du taux de chargement R. (b) : Statistiques à divers taux de chargement. Pour R faible
devant β′ (soit les deux graphes de gauche), on observe un blocage collisionnel : la probabilité
d’avoir deux atomes dans le piège est quasi nulle.

1.1.4 Autres méthodes d’obtention d’atomes uniques

Outre les pièges dipolaires standards formés par un laser dans le vide, des configura-
tions plus complexes peuvent aussi produire des volumes de piégeage suffisamment confi-
nants pour permettre un chargement sub-poissonien. C’est le cas pour les pièges dipolaires
créés par onde évanescente autour d’une nano-fibre [83] et pourrait être intéressant avec
des structures nano-plasmoniques [84]. Le blocage collisionnel peut s’obtenir également
dans un PMO compressé. La contrainte expérimentale est alors d’obtenir un gradient de
champ magnétique suffisamment élevé par rapport à la qualité du vide pour atteindre
le régime où les pertes à deux corps dominent [85]. La réduction d’un paquet d’atomes
à un atome unique peut aussi se faire dans un piège magnétique qui constitue l’autre
technique usuelle pour obtenir un piège conservatif d’atomes. Pour que l’effet des colli-
sions soit efficace, l’utilisation d’une puce à atomes permettant d’obtenir des champs très
confinants est la solution la plus adaptée. Par ailleurs, l’obtention d’un atome unique peut
se faire par déclenchement sur la mesure du nombre d’atomes chargés avec un processus
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1.1. Principe de l’obtention d’un atome unique

poissonien de probabilité faible. Cette technique a été utilisée dans un PMO en mesurant
la fluorescence [86] et en transférant un atome depuis un condensat dans un autre état
hyperfin avec une détection utilisant la transmission d’une cavité optique [87, 88].

Afin d’obtenir un atome unique depuis un ensemble, il existe une autre forme de blo-
cage basée sur l’interaction entre les états excités de Rydberg. Le principe est d’utiliser la
forte interaction résultant du dipôle des atomes de Rydberg pour désaccorder le processus
d’excitation optique lorsqu’un atome est déjà dans l’état de Rydberg résonant avec le laser
d’excitation [89, 90].

Une méthode efficace pour obtenir un ensemble d’atomes uniques dans un réseau est
d’utiliser la transition vers un isolant de Mott depuis un condensat de Bose-Einstein
[13, 14]. En augmentant adiabatiquement la puissance du laser du piège dipolaire du ré-
seau, l’effet grandissant des interactions sur un site de piégeage conduit le système, à
température quasi-nulle, vers la configuration minimisant le recouvrement entre atomes,
soit un atome par site. Outre la difficulté d’obtenir un condensat, le problème est alors
de contrôler le potentiel dipolaire de piégeage initial à des niveaux de fluctuations typi-
quement inférieurs à l’énergie de recul.

Avec des particules chargées, la force de l’interaction coulombienne fournit aisément
des distances de l’ordre de la dizaine de microns entre les ions dans les pièges électriques
typiques. Les ions ont ainsi été les premières sources “atomiques” piégées de qubits et
d’émetteurs optiques uniques [91].
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1. Piégeage d’un atome de rubidium unique dans une pince optique fibrée

1.2 Réalisation d’un dispositif compact fibré de
piégeage d’atome unique

Le premier dispositif de piégeage d’un atome unique dans un piège dipolaire par effet
collisionnel a été obtenu avec un objectif composé de neuf lentilles placé sous vide [16, 92].
Si les propriétés optiques d’un tel dispositif sont excellentes (avec une largeur au col de
0, 7 µm) et ont permis d’obtenir des résultats importants, une telle focalisation n’est
pas nécessaire pour obtenir un effet important des collisions. Depuis le succès de cette
expérience, d’autres ont été menées avec des objectifs extérieurs à la chambre à vide [93]
ou des lentilles asphériques fixées dans le vide [81, 94, 95]. Un développement intéressant
consiste à utiliser un modulateur spatial de lumière, dont la technologie a été développée
par l’industrie de la projection numérique, afin de produire des ensembles de pièges avec
des formes arbitraires [95]. Cependant, la taille des dispositifs développés ne permet que
difficilement leur combinaison avec d’autres éléments. Par ailleurs, les systèmes optiques
en espace libre doivent être régulièrement ré-alignés. En utilisant une pince optique fibrée,
nous résolvons ces deux limitations à l’intégrabilité et à la stabilité du dispositif 10.

1.2.1 Pince dipolaire fibrée

Dans notre système expérimental, le piège dipolaire est donc créé par la focalisation
d’un laser qui est acheminé par une fibre optique à l’intérieur de la chambre à vide. La
lumière est focalisée par une lentille montée sur un tube qui la solidarise à l’extrémité de
la fibre. Un schéma du montage est donnée par la figure 1.4a.
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Figure 1.4 – (a) : Schéma de la pince optique fibrée : un système très compact pour obtenir
un faisceau très focalisé directement après une fibre optique. (b) : Mesure de la taille du mode
de la fibre après la lentille au deux longueur d’ondes résonante (780 nm) et dipolaire (810
nm). Les courbes sont des ajustements avec l’expansion d’un faisceau gaussien avec w0 et zR
comme paramètres indépendants pour prendre en compte le léger aspect non gaussien du faisceau
(zR,ajust,810 ' 6 µm, zR,theo,810 ' 7, 6 µm).

10. Les résultats expérimentaux présentés dans cette section ont été obtenus en collaboration avec
Leander Hohmann [96], stagiaire de Master, Dominik Maxein, postdoctorant, et Romain Long, maître de
conférence.
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1.2. Réalisation d’un dispositif compact fibré de piégeage d’atome unique

La fibre optique 11 choisie pour le montage est une fibre recouverte d’une couche de
protection en cuivre afin d’être compatible avec le vide et elle est monomode à 780 nm ainsi
qu’aux longueurs d’ondes plus élevées. La lentille asphérique commerciale 12 utilisée a été
spécialement choisie pour notre expérience. En effet, pour obtenir une largeur au col très
faible, il faut utiliser une lentille asphérique qui corrige les aberrations sphériques négligées
par l’approximation paraxiale qui idéalise les caractéristiques des lentilles sphériques. De
plus, comme ce système permettra aussi la collecte de photons uniques , il est important
d’avoir le foyer de la lumière du piège dipolaire et de la lumière collectée les plus proches
possibles pour maximiser l’efficacité de collection des photons émis par un atome dans le
piège. Ainsi, ce système permet de minimiser les aberrations sphériques et chromatiques.
Le choix de la lentille et de la distance entre l’extrémité de la fibre et la lentille ont été
optimisés en utilisant un logiciel de simulation d’optique.

Nous utilisons pour le piège dipolaire un laser à λD ' 810 nm émis par une diode
laser. Le système a été optimisé avant le collage, pour obtenir la plus faible largeur au
col possible pour le piège dipolaire. En utilisant le déplacement contrôlé d’une lame de
rasoir pour couper le faisceau, la variation de l’intensité transmise permet de déduire la
largeur du faisceau et l’ajustement des courbes permet de déduire les caractéristiques de
largeur et divergence du faisceau. On obtient donc une largeur au col du piège dipolaire
w0 ' 1, 4 µm (cf. figure 1.4b). La mesure a été aussi effectuée avec un laser à λRb ' 780
nm, longueur d’onde des photons émis par le 87Rb. La distance entre les deux cols sur
l’axe optique est de ∆z0 ' 2 µm, soit une valeur inférieure à la longueur de Rayleigh. Le
système optique offre donc une focalisation suffisante pour obtenir un blocage collisionnel
et une collection efficace directement couplée à une fibre optique.

Nous pouvons donc calculer maintenant les caractéristiques du piège dipolaire obtenu
avec ce système optique. Ainsi en utilisant un faisceau laser d’une puissance de 13, 8 mW,
on obtient un piège d’une profondeur U0/kB ' 5, 6 mK. Les fréquences radiales et axiales
du piège sont alors respectivement de 167 kHz et 22 kHz.

1.2.2 Piège magnéto-optique
En utilisant trois paires de faisceaux lasers contre-propageants, quasi-résonants et

de polarisations circulaires spécifiques ainsi qu’un gradient de champ magnétique, nous
obtenons deux forces effectives dues à des différences de pression de radiation :

• Une force de frottement visqueux, due à l’effet Doppler sur les fréquences des lasers
perçues par l’atome, qui s’écrit à une dimension et à faible saturation :

F = −mγDopvat avec γDop = ~k2

m
s0
−2δΓ

δ2 + Γ2/4 , s0 = Ω2
1/2

δ2 + Γ2/4 , (1.22)

où vat est la vitesse de l’atome et m sa masse, et où k, Ω1 et δ sont respective-
ment le nombre d’onde des lasers, leur pulsation de Rabi et leur désaccord à la
transition atomique. Cette force crée une mélasse optique dans laquelle les atomes
sont refroidis jusqu’à la température Doppler TDop = ~Γ

2kB
en prenant δ = −Γ/2.

Pour le rubidium 87, avec la transition usuelle où Γ−1 = 26 ns, nous obtenons une
température Doppler d’environ 140 µK.

11. Oxford Electronics SM800-125Cu
12. LightPath Technologies Model 355200
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• Une force de rappel vers le zéro de champ magnétique, due à l’effet Zeeman sur les
fréquences des transitions optiques, qui s’écrit à une dimension et à faible saturation :

F = −κz avec κ = kµb′s0
−2δΓ

δ2 + Γ2/4 , (1.23)

où le gradient de champ magnétique est noté b′ et µ est le moment magnétique de
l’atome dans l’état excité.

En combinant le refroidissement Doppler et la force de rappel par effet Zeeman,
un piège magnéto-optique (PMO) est capable de contenir plusieurs dizaines de millions
d’atomes refroidis à une température de l’ordre de la température Doppler. La tempé-
rature étant alors bien inférieure à la profondeur du piège dipolaire, les atomes chargés
depuis le PMO sont efficacement confinés dans le piège dipolaire.

Dans notre expérience, le PMO est réalisé dans une cellule en verre 13 dans laquelle est
fixée la pince optique. Une lentille est incluse dans la face fermant la cellule dans l’axe de la
pince afin de collimater le faisceau dipolaire en sortie. La cellule fait partie d’une chambre
à vide sur laquelle sont connectées deux pompes ioniques et la fibre sort du vide via un
joint en téflon [97]. Un matériau “getter” qui absorbe les particules de gaz qui heurtent
sa surface est présent dans la chambre à vide pour contribuer au pompage. La pression
obtenue est de l’ordre de 10−9 mBar. Une vapeur résiduelle de rubidium est maintenue
par un dispensateur contenant du chromate de rubidium qui, traversé par un courant,
libère en continu des atomes de rubidium. Le champ magnétique est contrôlé par un
arrangement de trois paires plus une paire de bobines dans des configurations proches des
configurations de Helmholtz et anti-Helmholtz, respectivement. Elles permettent d’obtenir
un champ nul au point voulu de la cellule pour le PMO, ainsi qu’un gradient de champ
de 18 G/cm.

Figure 1.5 – Schéma global de l’expérience de pince optique fibrée pour le piégeage d’atomes
uniques.

Les faisceaux du PMO sont formés via un système de deux lasers couplés dans une
unique fibre optique (cf. figure 1.5). Un laser est utilisé pour la formation du piège sur la
13. Cellule normalement utilisée en spectroscopie Hellma 704.000.
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Figure 1.6 – Schéma des niveaux de l’atome 87Rb significatifs pour l’expérience. Les différentes
transitions induites par les lasers sont représentés pour un des sous-états Zeeman. Les énergies
ne sont pas à l’échelle réelle.

transition 52S1/2, F = 2→ 52P3/2, F
′ = 3 car c’est une transition cyclante où l’état excité

de sous-niveau Zeeman mF ′ = 3 ne peut que retourner dans l’état de départ mF = 2
(voir la structure du 87Rb donnée par la figure 1.6 et de façon plus détaillée en annexe
par la figure A.1). Comme les niveaux F ′ = 2 et F ′ = 3 sont assez proches, la probabilité
d’excitation vers F ′ = 2 n’est pas négligeable et, de là, les atomes peuvent se désexciter
dans le niveau F = 1 qui n’est pas piégé dans le PMO. Il est donc nécessaire de ramener
les atomes dans le cycle du PMO via un laser, dit repompeur, qui induit la transition F =
1 → F ′ = 2. Le montage expérimental utilise deux diodes lasers avec cavité externe sur
réseau. Les deux lasers sont asservis sur la spectroscopie d’absorption saturée d’une cellule
de rubidium avec détection hétérodyne de modulation de fréquence [98]. La modulation de
la fréquence du laser est obtenue en modulant très légèrement le courant de la diode laser.
Pour le laser de refroidissement, un modulateur acousto-optique (AOM) en double passage
avant la spectroscopie permet de varier la fréquence du laser sans perte de puissance, via
la variation de la fréquence de l’AOM. Les trois paires de faisceaux rétro-réfléchis sont
alors formées à la sortie de la fibre par un système optique monté dans une boîte qui est
disposée autour de la cellule en verre de la chambre à vide. Un aperçu du montage est
présenté par la figure 1.7a.

La particularité de cette expérience est la présence de la lentille de la pince qui réduit
l’accès optique pour les lasers et empêche la formation d’une configuration de faisceaux
laser habituelle où les trois paires de faisceaux définissent un repère orthogonal. Ainsi,
comme cela est présenté sur la figure 1.7b, nous utilisons une paire de faisceaux ortho-
gonaux à l’axe optique de la lentille et, dans le plan perpendiculaire à ces deux premiers
faisceaux, deux paires de faisceaux dont les directions sont séparées de 20 degrés (10 de-
grés pour chaque direction par rapport à la direction orthogonale à l’axe de la lentille).
La taille des faisceaux est d’environ 0, 5 mm de largeur pour minimiser les réflexions sur
la lentille dont la distance de travail est de 1, 1 mm. Il est évident que cette configura-
tion entraîne un piège moins efficace qu’une configuration usuelle avec des faisceaux de
l’ordre de quelques centimètres de diamètre, car le piégeage et le refroidissement dans l’axe
de la lentille sont plus faibles et la vitesse de capture dépend de la taille des faisceaux.
Ce montage permet néanmoins d’obtenir un gaz d’atomes froids piégés dans la cellule
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(a)

(b) (c) (d)

Figure 1.7 – Piège magnéto-optique à la position de la pince fibrée. (a) : Image du dispositif
compact de PMO rétro-réfléchi autour de la cellule à vide contenant la pince. (b) : Dessin du
placement des faisceaux du PMO. La grande ouverture numérique de la lentille impose un faible
angle entre les faisceaux dans le plan orthogonal au gradient maximal. (c) : Image d’un nuage
d’atomes froids dans le PMO. (d) : Image indiquant la position du piège dipolaire obtenue en
injectant un laser résonant dans la pince fibrée et en collectant la fluorescence des atomes de
87Rb. Les deux images (c) et (d) ont été obtenue avec des pressions de rubidium bien supérieures
aux conditions expérimentales normales, où le nombre d’atomes dans le PMO est très faible.
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dont une photographie est donnée par la figure 1.7c. De plus, pour l’application que nous
voulons en faire, nous n’avons pas besoin d’un piège large contenant un grand nombre
d’atomes, contrairement aux expériences de dégénérescence quantique de gaz atomiques
qui utilisent, après un PMO, une phase de refroidissement par évaporation éliminant une
grande partie des atomes.

Le centre du PMO est placé à proximité du foyer de la pince optique, dont une image
est donnée par la figure 1.7d, afin de charger des atomes dans le piège dipolaire. La petite
taille des faisceaux rend cet alignement assez subtil mais la compacité du dispositif permet
de limiter les dérives thermiques et à long terme.

Compensation du champ magnétique :

La compensation du champ magnétique a été effectuée grâce au nuage d’atomes froids
en utilisant une spectroscopie des transitions, entre les deux états hyperfins de l’état fin
fondamental, dont les fréquences de résonance différent selon les sous-niveaux Zeeman et le
champ magnétique. Un nuage d’atomes froids est obtenu dans le PMO, suivi d’une phase
de mélasse optique (sans gradient de champ magnétique et avec des faisceaux refroidisseurs
désaccordés à δ = −10Γ) pour permettre un meilleur refroidissement dans un gradient de
polarisation. Les atomes sont alors dans l’état F = 2. Les faisceaux sont alors coupés et
un champ magnétique appliqué sur un axe via la paire de bobines correspondante. Une
impulsion micro-onde est alors envoyée sur le nuage d’atomes réalisant approximativement
une impulsion π vers l’état F = 1. Puis, les faisceaux de la transition cyclante du PMO
sont réactivés avec un désaccord positif (δ = +1Γ), afin de chauffer et éjecter rapidement
les atomes restants dans F = 2. Les atomes dans l’état F = 1 sont alors transférés vers
l’état F = 2 par le laser repompeur et détectés sur la caméra par imagerie d’absorption [99]
du faisceau d’imagerie 14. Ceci permet d’observer les différentes transitions dues aux sous-
niveaux Zeeman induites par la micro-onde car en dehors des résonances aucun atome n’est
transféré vers F = 1 et donc détecté lors de l’imagerie. Les transitions sont dégénérées
quand le champ magnétique est nul et varient linéairement avec le champ magnétique
par l’effet Zeeman avec des coefficients relatifs aux sous-nivaux Zeeman impliqués. En
effet, le champ magnétique entraîne pour chaque niveau une différence d’énergie ∆U =
µBgFmF |B|, avec µB le magnéton de Bohr et gF le facteur de Landé de l’état hyperfin
F . Les décalages δfm,m′ des fréquences des transitions (de F = 2,mF = m vers F =
1,mF = m′) relatives à la différence de fréquence entre les niveaux non perturbés par
l’effet Zeeman (F = 2,mF = 0 et F = 1,mF = 0) sont alors donnés par :

δfm,m′ = µB

h
(g2m− g1m

′) |B| = µB

2h (m+m′) |B| (1.24)

où la seconde expression utilise le fait que pour le 87Rb, g2 ' −g1 ' 1/2, et le changement
de fréquence est ainsi de 0, 70 MHz/G pour la transition m = 0 vers m′ = 1.

Les résultats sont présentés sur la figure 1.8 en fonction du champ appliqué pendant
l’impulsion miro-onde selon une pré-calibration avec une sonde de champ magnétique.
L’ajustement permet alors de calibrer le zéro réel (point minimal) et la variation réelle
du champ (en comparant à la variation de fréquence attendue) avec le courant dans les
bobines.

14. Avec une caméra PCO Pixelfly QE et le programme d’acquisition EdCam développé dans notre
groupe.
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Figure 1.8 – Décalage des transitions micro-onde en fonction du champ magnétique sur un
axe (labellisé y) avec une pré-calibration du champ utilisant un capteur. L’ajustement permet
de calibrer le zéro réel (By,0) du champ selon cet axe, le champ transverse résiduel Bt et l’effet
Zeeman ∂f/∂By qui permet de calibrer la variation réelle du champ.

1.2.3 Piégeage et détection pulsés

Une autre particularité de cette expérience est la modulation rapide 15 du piège dipo-
laire : le piège est coupé périodiquement avec un rapport cyclique de modulation réglé à
50%. Cette modulation permet à la fois de refroidir efficacement l’atome dans un piège
profond et de le détecter.

En effet, dans un piège classique, le déplacement lumineux induit sur l’état fondamen-
tal 16 décale le laser vers le rouge de la transition (d’environ 20Γ pour notre piège), et
donc, réduit la saturation et la rapidité du refroidissement. Cet effet a une dépendance
cubique avec la profondeur du piège sur la constante du refroidissement Doppler γDop
d’après l’équation 1.22, si le désaccord est grand devant la largeur de la transition ato-
mique (δ � Γ). Pour un piège pulsé, au contraire, durant la phase de coupure, l’atome est
refroidi avec la même efficacité que dans le PMO. En moyenne, l’efficacité du refroidis-
sement dans un piège pulsé profond (où U0/~� Γ) est simplement la moitié de celle du
PMO, indépendamment de la profondeur U0. Cet effet a d’ailleurs été utilisé pour charger
le premier piège dipolaire pour atomes neutres [10].

La détection des atomes dans le piège se fait via l’observation de la fluorescence col-
lectée par la lentille à 780 nm et couplée à la fibre. Cependant, la diffusion Raman de
processus anti-Stokes dans la fibre génère des photons à 780 nm depuis la lumière dipolaire
à 810 nm. En effet, dans la fibre, la lumière peut interagir avec les niveaux de vibration
via des transitions Raman où le système passe par un état excité virtuel pour changer
d’état vibrationnel (cf. schéma 1.9a). Le photon émis a une énergie inférieure ou supé-
rieure au photon incident correspondant au processus d’émission ou d’absorption d’un

15. “rapide” est ici à prendre par rapport aux fréquences de piégeage. L’effet de la modulation sur la
durée de vie de l’atome fait l’objet de la section 1.2.5.
16. L’effet apparaît aussi sur les états excités pour augmenter l’effet de décalage. Cependant, pour l’état

excité de la transition cyclante F ′ = 3,m′F = 3 dans un piège polarisé linéairement, l’absence de niveau
fondamental de même moment cinétique implique la nullité de cet effet.
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phonon, nommés respectivement processus Stokes et anti-Stokes [100, 101]. En réalité, les
niveaux de vibration ne sont pas discrets comme dans une molécule mais correspondent
aux branches optiques de la silice fondue. Cet effet s’observe directement sur le spectre de
la lumière obtenue dans une fibre injectée par un laser (cf. figure 1.9b et référence [102]).
L’effet dépend linéairement de la longueur de la fibre et de la puissance du laser injecté
comme l’illustre la mesure sur la pince fibrée de la figure 1.9c. L’effet anti-Stokes dépend
aussi fortement de la température via la population thermique de phonons optiques, cette
dépendance a été vérifiée dans notre dispositif [96]. Cet effet est très utile pour mesurer des
températures le long d’une fibre optique [100, 102] et des techniques similaires se basant
sur la diffusion Brillouin (diffusion via les phonons acoustiques) permettent de mesurer
les variations de contraintes mécaniques [103].
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Figure 1.9 – Diffusion Raman dans une fibre optique (a) : Principe de la diffusion Raman où
le laser injecté dans la fibre (vert) peut induire une transition Raman entre deux niveaux de
vibrations d’une des molécules de SiO2 composant le verre de la fibre. Le photon émis peut être
le résultat d’une émission (rouge) ou d’une absorption (bleu) d’un phonon.(b) : Spectre observé
après passage d’un laser à 1064 nm dans une fibre optique, extrait de la référence [102]. (c) :
Puissance (en photons par seconde) de la lumière Raman autour de 780 ± 3 nm obtenue en
retour de la pince optique en fonction de la puissance injectée à 810 nm.

Le maximum d’efficacité du processus Raman correspond au maximum de densité
d’état de la branche optique de phonons, qui se situe à une fréquence d’environ 13 THz.
Malheureusement, cette valeur est proche de la différence de fréquence entre la lumière
dipolaire et la lumière résonante c/λRb−c/λD ' 14 THz. Cependant, d’après la figure 1.9b,
le processus est en fait présent dans une large bande de fréquence et la seule façon de le
supprimer est d’utiliser un piège dipolaire avec un désaccord plus important à la résonance.
Cette solution n’est pas acceptable car elle diminue l’efficacité du piégeage à puissance
constante, et surtout, elle augmente le décalage entre le centre du piège et la position du
couplage optimal à la fibre pour les photons de fluorescence.

Le processus génère donc beaucoup de photons proches de λRb. Le miroir dichroïque 17,
qui permet la séparation du faisceau dipolaire et du mode résonant à 780 nm (cf. figure 1.10
pour le schéma de détection), ne permet pas de discriminer les photons Raman de la fibre
de ceux du signal de fluorescence. Une première solution consiste alors à filtrer le signal
en fréquence car les photons de fluorescence ont un spectre lorentzien de largeur Γ ' 6, 1
MHz et les photons Raman ont une distribution quasi constante sur quelques nm autour
de λRb. Nous incluons donc deux filtres interférentiels : le premier (F1 dans le schéma) est

17. Semrock LPD01-785RU-25
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Figure 1.10 – Schéma de la détection et piégeage pulsé. Le générateur d’impulsions permet
une alternance entre la détection et le piégeage. F1 et F2 filtres à 780 nm (détails dans le texte).

un filtre spécial 18 de bande passante 0, 3 nm centrée sur λRb et le deuxième (F2) est un
filtre commercial 19 de bande ±3 nm autour de 780 nm et bloquant un spectre plus large.
Cependant, malgré ce filtrage, le flux de photons perçu par le détecteur reste deux ordres
de grandeur supérieur au signal de fluorescence. En effet, l’effet mesuré pour la puissance
Raman à 780 nm avec un filtre F2, est donné par la figure 1.9c et se ramène à un ratio
PRaman/PD ' 4.10−11 ; l’insertion du filtre F1 permet de gagner un facteur 20 mais qui
n’est pas suffisant sachant que la puissance du piège dipolaire doit être de ∼ 10 mW 20.

La solution utilisée consiste alors à moduler la détection en opposition de phase avec
la modulation du piège. On a alors une alternance entre une situation de piégeage où
le laser dipolaire est injecté dans la fibre et la détection n’est pas active, et une phase
de détection, où le piège est coupé et les photons de fluorescences sont détectés par les
photodiodes à avalanche (SPAD) 21 qui transforment les photons uniques en impulsions
électriques.

La figure 1.10 illustre la configuration de piégeage et détection pulsée : un générateur
d’impulsions 22 dont les délais et durées sont programmables est utilisé pour déclencher le
piégeage, via un AOM sur le laser dipolaire, et la détection, via un AOM sur le faisceau
de fluorescence et des interrupteurs rapides (Switch sur le schéma) après les SPADs. Le
rapport cyclique de détection est inférieur à 50% (modulation du piège) et dépend de la
fréquence de pulsation à cause des temps de montée/descente des AOMs qui sont d’envi-
ron 20 ns. L’utilisation d’un AOM sur la détection permet d’éviter d’utiliser les SPADs
en fonctionnement pulsé car dans la phase éteinte du détecteur, des charges peuvent
s’accumuler et produisent fréquemment une impulsion lorsqu’il est réactivé. Les inter-
rupteurs ne sont pas indispensables pour l’observation d’un atome unique, mais ils sont
utiles pour supprimer le bruit de fond lorsque la détection est éteinte (bruit noir, trans-
mission résiduelle des photons Raman, seconde impulsion émise après une détection) afin

18. Utilisé pour les lasers à diodes à cavité étendue sur miroir avec un filtre pour contrôler le centre de
la courbe de gain et donc ajuster la fréquence du laser (cf. section 5.1.2 et référence [104]).
19. Semrock LL01-780-12.5
20. En pratique, le filtrage est utile pour réduire le flux de photons Raman et donc le bruit de fond du

processus de détection qui persiste avec la détection pulsée.
21. ExcelitasTechnologies SPCM-AQRH-13-FC : < 200 coups/s de bruit noir.
22. Stanford research systems DG645 : jitter : 25 ps, résolution : 5 ps, temps de montée/descente : 2 ns
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1.2. Réalisation d’un dispositif compact fibré de piégeage d’atome unique

d’améliorer les mesures de corrélations du chapitre 2. Le dispositif est en configuration de
Hanbury Brown et Twiss pour effectuer ces mesures de corrélations avec un convertisseur
temps-numérique 23. Pour les mesures de fluorescence de ce chapitre, nous additionnons
les signaux des détecteurs qui sont reliés à deux compteurs d’impulsions d’une carte d’ac-
quisition.

Les signaux observés dépendent de l’efficacité de collection et de l’efficacité de détection
pour un photon émis par un atome dans le piège. L’ouverture numérique de la lentille
est NA = 0.43, comme indiqué sur la figure 1.4a. En supposant que l’émission se fait de
manière isotrope on aboutit à 2, 3 % de photons collectés par la lentille. Pour un atome
excité par le PMO, nous pouvons considérer l’émission comme isotrope. Pour le cas de la
source à la demande, avec une émission sur une transition σ+ et un axe de quantification
dans le plan focal de la lentille, on trouve que la probabilité d’émission dans la direction
de la lentille rapportée à une émission isotrope est de 0, 72. Le couplage du photon dans
la fibre n’est pas parfait (essentiellement à cause de la différence entre le centre du piège
et le foyer de la lumière à 780 nm). On attend théoriquement une efficacité de 0, 6 d’après
une simulation optique. Enfin il y a des pertes au point où la fibre a été soudée à un autre
morceau de la même fibre (suite à une cassure). Ces pertes sont estimée à 10%. Ainsi
l’efficacité totale de collection attendue pour la source de photons uniques à la demande
est de l’ordre de ηc ' 0, 9%. Les mesures présentées par la suite de la source à la demande
permettent de mesurer l’efficacité de collection effective à ηc ' 0, 7%. Cette différence est
imputée à la déviation du couplage dans la fibre par rapport à la valeur théorique pour
un alignement parfait où à des pertes plus importantes au niveau de la soudure optique.

Pour l’efficacité de la détection, le premier facteur réducteur est l’efficacité quantique
du détecteur de photons. Pour la photodiode à avalanche que nous utilisons, celle-ci est
de 0, 58. L’AOM a une transmission de 0, 7, et le filtre F1 une transmission de 0.91.
Il existe aussi des pertes de moindre importance dans l’optique de détection. On notera
essentiellement les efficacités du miroir dichroïque, du couplage dans la fibre multimode et
du filtre F2 de 0, 94, 0, 95 et 0, 96 respectivement. La multiplication de ces efficacités nous
conduit à une efficacité totale de détection d’environ ηd ' 0, 31. Enfin, lors des mesures
de fluorescence en continu, il faut tenir compte du rapport cyclique de détection.

1.2.4 Observation d’un atome unique
Pour charger le piège dipolaire, le PMO est réglé avec un désaccord de −2, 5Γ et une

intensité d’environ 50 mW.cm−2 par faisceau pour le laser refroidisseur, environ 100µW de
puissance totale de laser repompeur et un gradient de 18 G.cm−1. Le taux de chargement
est ajusté via l’intensité du dispensateur qui influe sur la pression de 87Rb.

Régime de faible chargement :

Le nombre de photons détectés sur les SPADs par intervalle de 10 ms est donné par
la figure 1.11. On remarque clairement deux niveaux qui correspondent au bruit de fond
lorsque le piège est vide (dû essentiellement aux diffusions des faisceaux du PMO) et à
la présence d’un atome unique qui ajoute sa fluorescence au bruit. Le signal saute entre
les deux niveaux lorsque un atome rentre dans le piège ou en est éjecté. Le signal montre
qu’un atome peut ainsi être conservé plusieurs secondes dans le piège. L’absence de signal
à un niveau double de la fluorescence à un atome indique que le piège ne contient jamais

23. Surface concept SC-TDC-1000/08-S
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1. Piégeage d’un atome de rubidium unique dans une pince optique fibrée

deux atomes sur un tel intervalle de temps. Le blocage collisionnel est présent dans ce
système.
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Figure 1.11 – Signal de fluorescence de la pince optique : les sauts dénotent le piégeage ou la
perte d’un atome unique.

Le signal de fluorescence étant observé sur des temps bien supérieurs au temps de
cohérence de l’atome et avec une relativement faible probabilité de collection et détection,
on peut supposer que la distribution des photons est poissonienne. Les nombres moyens
de photons reçus par intervalle de mesure sont notés nj pour un piège contenant j atomes.
La probabilité d’observer n photons dans un intervalle s’écrit donc en supposant que le
piège contient au maximum deux atomes :

p (n) = p0
nn0
n! e

−n0 + p1
nn1
n! e

−n1 + p2
(2n1 − n0)n

n! e−(2n1−n0) (1.25)

où les pj sont les probabilités d’avoir j atomes et parce que la fluorescence à deux atomes
est le double de celle à un atome, soit n2 = 2 (n1 − n0) + n0 = 2n1 − n0.

Si la distribution des atomes était poissonienne, alors la probabilité d’avoir j atomes
dans le piège s’écrirait pj = µj

j! e
−µ avec µ le nombre moyen d’atomes. Afin de comparer la

fluorescence observée avec celle d’un chargement poissonien du piège, l’histogramme du
nombre de photons par intervalle de temps est représenté ainsi que la distribution induite
pour un chargement poissonien :

Névénements (n) = a

(
nn0
n! e

−n0 + µ
nn1
n! e

−n1 + µ2

2
(2n1 − n0)n

n! e−(2n1−n0)
)

(1.26)

où les paramètres a (lié au nombre total d’événements), µ, n0 et n1 sont ajustés sur
l’histogramme expérimental en ne prenant en compte que les deux premiers termes. Les
résultats sont présentés sur la figure 1.12. L’absence de pic de l’histogramme correspon-
dant à 2 atomes dénote que la probabilité est nulle, p2 ' 0%. L’ajustement permet de
déterminer les probabilités d’obtenir 0 et 1 atome qui sont respectivement p0 ' 75% et
p1 ' 25%. L’histogramme nous permet par ailleurs de déduire la fluorescence détectée qui
est d’environ 8 kHz (photons.ms−1). Cette valeur est approximativement celle attendue
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1.2. Réalisation d’un dispositif compact fibré de piégeage d’atome unique

pour un atome proche de saturation dans un PMO 24 lorsque l’on prend en compte les
efficacités de détection et collection ; le paramètre de saturation équivalent induit par les
faisceaux du PMO est s ' 0, 8.
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Figure 1.12 – Histogramme du nombre de photons détectés pour la fluorescence dont un
extrait est donné par la figure 1.11.

Régime de chargement intermédiaire :

En augmentant le taux de chargement, nous pouvons observer le blocage collisionnel
dans le régime de chargement intermédiaire où l’effet des collisions est du même ordre
que les pertes à un corps. Le signal de fluorescence présenté sur la figure 1.13a a été ob-
tenu dans une configuration de détection simplifiée où tout le signal est collecté sur seul
SPAD sans l’AOM de détection et avec un rapport cyclique de détection et un paramètre
de saturation plus important. Le signal étant alors plus important, le temps d’intégra-
tion peut être réduit à 2 ms et permet ainsi d’observer la dynamique à cette échelle de
temps. Le signal fait alors apparaître des sauts ponctuels au-delà du niveau à 1 atome qui
marquent la présence de deux atomes dans le piège. La présence de ces sauts indique que
la dynamique du blocage se produit sur des intervalles de temps de l’ordre de 2 ms. Soit
un taux de collisions β′ ∼ 500 (atomes.s)−1, ce qui est un ordre de grandeur supérieur
à notre estimation minimale initiale qui ne prenait pas en compte la température pour
estimer la taille du piège. L’effet de la température sur la densité atomique est d’autant
plus important que le piège est relativement profond dans notre expérience par rapport
aux réalisations précédentes. Par ailleurs, le piège pulsé assure un refroidissement plus
rapide des atomes entrants. L’effet du paramètre de saturation est aussi important selon
les résultats de la référence [69] car il contrôle directement la probabilité d’excitation qui
induit la fuite radiative. Dans un piège pulsé, la saturation effective est bien plus im-
portante que dans un piège classique et induit donc un meilleur blocage collisionnel via
l’augmentation du taux de fuites radiatives.

L’histogramme du nombre de photons comparé à un chargement poissonien est donné
par la figure 1.13b. Le blocage collisionnel est bien visible avec des probabilités respectives
pour le nombre d’atomes p0 ' 43%, p1 ' 54% et p2 ' 3%.

24. Le paramètre de saturation exact au sein des six faisceaux du PMO est en pratique compliqué à
calculer à cause des interférences et de la moyenne induite par le mouvement de l’atome.
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Figure 1.13 – Régime de chargement intermédiaire. (a) : Signal de fluorescence de la pince
optique : de rapides incursions du signal vers le niveau à deux atomes sont visibles.(b) : Histo-
gramme du nombre de photons détectés dont un extrait est donné par la figure (a) .

L’intérêt de ce régime de chargement intermédiaire est important pour les expériences
utilisant plusieurs pièges dipolaires chargés avec un PMO. Le chargement peut alors être
coupé à un instant aléatoire et statistiquement la moitié des pièges sont alors chargés.
Cependant, comme l’on peut le voir sur le signal, la durée de vie d’un atome dans le piège
est alors fortement réduite à une valeur 25 de 10 ms. Pour obtenir un atome unique de
façon sûre avec le dispositif de détection normal, nous utiliserons le régime de chargement
faible pour obtenir des durées de vie bien plus importantes que l’intervalle de détection
de 10 ms.

Chargement déclenché :

Afin d’obtenir une source de photons uniques à la demande, il est nécessaire de charger
le piège de façon déterministe avant de commencer la génération de photons. Pour cela,
le chargement du piège est stoppé (par coupure des faisceaux PMO) dès qu’un atome est
25. Cette valeur est une estimation utilisant la mesure de la fonction d’auto-corrélation du signal dont

on extrait le temps de décroissance à la moitié de la bosse centrale.
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détecté dans le piège pendant deux intervalles d’acquisitions de 10 ms successifs, avec une
électronique programmable d’acquisition et de contrôle en temps réel 26.

1.2.5 Effets de la modulation et de la polarisation sur la durée
de vie

La performance du piégeage dépend de la fréquence à laquelle le piège dipolaire est
modulé. Deux régimes de fonctionnement extrêmes s’identifient facilement. Pour des fré-
quences bien supérieures aux fréquences propres du piège, l’atome se déplace peu par
rapport au piège lorsque celui-ci est coupé et le mouvement est donc approximativement
celui d’un oscillateur harmonique amorti (par le refroidissement Doppler des faisceaux
du PMO) dans un piège moyenné temporellement par le rapport cyclique de modula-
tion. Pour un rapport cyclique de 50%, si le temps de coupure est supérieur au temps
d’évolution du centre du piège vers la position extrémale (i.e. une période de modula-
tion inférieure au double de la fréquence de piégeage), l’atome a une forte probabilité
de s’échapper du piège pendant le temps de coupure et la durée de vie ne peut excéder
quelques cycles d’oscillation. Dans tous les cas, lors de la phase où le piège est coupé,
la distribution spatiale de probabilité de l’atome s’étend et un gain d’énergie potentielle
apparaît lorsque le piège est activé à nouveau. Le chauffage induit est alors en compétition
avec le refroidissement Doppler. Ce chauffage, désigné ci-après comme le chauffage de mo-
dulation, dépend directement de la fréquence de modulation car sa diminution augmente
l’extension spatiale pendant la période de coupure.
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Figure 1.14 – (a) : Probabilité de survie d’un atome unique dans le piège dipolaire en présence
du PMO d’après le signal de fluorescence avec une modulation du piège dipolaire de 3 MHz.
L’ajustement exponentiel permet de déduire la durée de vie caractéristique. (b) : Durée de
vie selon la fréquence d’alternance entre piège dipolaire et détection. Les deux ensembles de
données correspondent à une polarisation linéaire du piège et à une polarisation avec une légère
composante circulaire optimisant la durée de vie.

La mesure de la durée de vie de l’atome dans le piège en présence du PMO est donnée
par la figure 1.14. En utilisant le signal de fluorescence, nous déduisons la probabilité que

26. ADwin-light-16
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l’atome survive en fonction de la durée du séjour dans le piège. L’ajustement exponentiel
de cette fonction fournit la durée de vie caractéristique qui est mesurée pour diverses
fréquences de modulation du piège. La mesure a été effectuée dans le régime de faible
chargement pour que le temps de vie soit limité par les pertes à un corps.

La durée de vie dans un piège dipolaire de polarisation 27 linéaire est ainsi limitée par les
collisions avec la vapeur résiduelle pour des fréquences supérieures à 2 MHz, soit environ
un ordre de grandeur au-dessus de la fréquence radiale de piégeage. Elle décroit lorsque
la fréquence diminue jusqu’à 500 kHz où aucun chargement d’atome n’a pu être observé.
Cette observation semble à priori qualitativement cohérente avec la discussion précédente,
cependant la durée de vie dépend par ailleurs de façon critique de la polarisation du piège
dipolaire. Nous avons observé que le temps de vie maximal 28, lorsque celui-ci n’est pas
limité pas les pertes à un corps, s’obtient par l’ajout 29 d’une légère composante circulaire
à la polarisation linéaire standard (de l’ordre de 1, 5% en intensité, soit une ellipticité
de polarisation ε ' 0, 97 ). L’optimisation du temps de vie n’est pas perceptible au-delà
de 1, 5 MHz, où la polarisation linéaire est suffisante pour être limitée par la pression
résiduelle.

Cet écart quantitatif entre le temps de vie avec une polarisation linéaire, qui est
sensé être la configuration optimale dans un piège dipolaire, et le temps de vie avec une
polarisation elliptique, nous a surpris. Il souligne en effet que le mécanisme de chauffage
dû à la modulation du piège dipolaire n’est pas trivial et est fortement lié à la polarisation
du faisceau dipolaire. Dans la suite, nous proposons une explication de cet effet. Afin de
différencier les différents effets physiques impliqués dans notre système, nous procédons
en trois étapes :

- Nous discutons, dans un premier temps, de l’effet de la polarisation sur la durée de
vie dans un piège dipolaire classique.

- Dans une deuxième partie, nous abordons le cas des pièges dipolaires possédant une
forte divergence en considérant : d’abord, le cas où la polarisation du faisceau est linéaire
avant sa focalisation ; puis, le cas où la polarisation du faisceau est elliptique avant sa
focalisation.

- Enfin, dans une troisième partie, nous nous intéressons au cas de la pince optique :
un faisceau dipolaire de forte divergence qui est modulé. Nous avons alors développé des
simulations Monte Carlo pour comprendre les effets combinés de la polarisation et de la
modulation.

Effet de la polarisation dans un piège dipolaire :

Afin de comprendre les résultats expérimentaux précédents, nous considérons tout
d’abord l’effet de la polarisation sur le temps de vie dans un piège dipolaire, étudié en détail
dans la référence [63]. Le taux de pertes dépend de façon critique de la polarisation et est
minimal pour des polarisations linéaires et circulaires. L’explication réside dans le décalage
lumineux différentiel induit par la polarisation entre les différents sous-niveaux Zeeman
des états hyperfins du fondamental de l’atome. En supposant que le champ magnétique
est négligeable, l’axe de quantification du moment cinétique est aligné avec le vecteur

27. La polarisation est mesurée après la lentille de collimation du faisceau en sortie du vide
28. Les données ayant été prises à un jour d’intervalle, les fluctuations de pression dans la chambre

peuvent expliquer la légère différence entre les maxima des deux courbes.
29. L’optimisation est réalisée par l’expérimentateur en regardant le signal de fluorescence défiler et en

ajustant la polarisation à l’entrée de la fibre pour observer des longues durée de vie d’un atome.
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caractérisant l’ellipticité de la polarisation C et on peut donc réécrire l’équation 1.8 de
l’expression du potentiel dipolaire sous la forme :

Udip (r,mF ) = Udip,0 (r)
(

1 + δ1 − δ2

2δ1 + δ2
gFmF |C|

)
(1.27)

où Udip,0 est le potentiel dans l’état mF = 0.
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Figure 1.15 – Potentiels dipolaires des sous-états Zeeman du niveau fondamental F = 2,
sur l’axe radial de la pince optique, en présence d’une lumière elliptique de |C| = 0, 8, soit
une ellipticité ε = 0, 6. Les courbes en pointillés représentent les pièges harmoniques de même
fréquence utilisés par la suite pour la modélisation.

La figure 1.15 représente, pour l’exemple, les pièges dipolaires pour les sous-niveaux
Zeeman de l’état F = 2 à priori induits par la pince optique sur l’axe radial avec une
polarisation d’une ellipticité ε = 0, 6, correspondant à un vecteur caractéristique de norme
|C| = 0, 8. Les différents états du fondamental ont donc des fréquences de piégeage
différentes. Une diffusion dans les divers états du fondamental est induite par l’émission
spontanée résiduelle du piège dipolaire. La fluctuation de la force dipolaire induit alors
un chauffage de l’atome qui produit des pertes.

L’effet physique est plus simple à saisir en limitant la diffusion à deux états |a〉 et
|b〉. Lorsque l’atome change d’état de |b〉 vers |a〉, il perçoit une fréquence de piégeage
inférieure et sa distribution de probabilité spatiale s’étend donc dans ce piège moins
confinant ; lorsque l’atome est transféré en retour vers l’état |b〉, cette extension spatiale
induit une augmentation de l’énergie potentielle. Le taux de pertes augmente donc lorsque
la polarisation s’écarte de la polarisation linéaire car la différence de fréquences de piégeage
entre les deux états augmente. En utilisant les états de moments cinétiques extrémaux
pour |a〉 et |b〉 et en considérant les pièges comme harmoniques, la variation du taux
de pertes avec l’ellipticité est quantitativement bien approximée par le modèle à deux
niveaux à proximité de la polarisation linéaire, comme l’illustre la figure 1.16 issue de la
référence [63].

Lorsque la polarisation devient circulaire, cet effet est compensé par le pompage op-
tique induit par la lumière dipolaire qui polarise l’atome dans l’état de moment cinétique
extrémal correspondant. La diffusion devient alors négligeable et le taux de pertes décroît.
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Figure 1.16 – Taux de pertes d’un piège dipolaire contenant des atomes de 85Rb en fonction de
l’ellipticité du faisceau. Les croix sont les données expériementales, la ligne pleine est un modèle
à deux états Zeeman et la ligne pointillée est l’extension de ce modèle pour prendre en compte
le pompage induit par la composante circulaire de la polarisation. Figure extraite de [63].

Polarisation dans un faisceau très focalisé :

- Polarisation linéaire :
Un autre effet dû à la polarisation apparaît dans les faisceaux de forte ouverture

numérique : la divergence d’un faisceau polarisé linéairement impose une polarisation
elliptique aux alentours du foyer. En effet, dans une approche d’optique géométrique
schématisée par la figure 1.17a, les différents rayons composant le faisceau après la lentille
ont des angles très différents et le vecteur de polarisation local ep (r) est nécessairement
orthogonal à la direction de propagation du rayon. Aux alentours du foyer, les rayons
se croisent et les vecteurs de polarisation interfèrent. Le vecteur de polarisation local
résultant ep (r) est compris dans le plan défini par l’axe optique, noté z, et le vecteur
de polarisation du faisceau avant la lentille, orienté selon un axe noté y ; mais, il varie
fortement aux alentours du foyer. La polarisation est elliptique avec des composantes
circulaires de signes opposés de part et d’autre de l’axe optique à cause des différences
des chemins optiques des rayons.

Le vecteur C (r) = = (ep (r)× ep (r)∗) quantifiant localement l’ellipticité du faisceau
dipolaire est alors orienté sur l’axe x, orthogonal au plan Oyz contenant le champ vectoriel
de polarisation locale. Cette composante Cx a été calculée pour un angle de focalisation
α = 0.43 dans la référence [64] dont le résultat dans le plan focal est présenté sur la
figure 1.17b. Le constat de l’optique géométrique sur les polarisations elliptiques de sens
opposé est donc confirmé et, proche de l’axe optique, il en résulte un fort gradient de Cx
sur l’axe Oy. L’ellipticité est donc quantifiée en première approximation par une compo-
sante linéaire en y (où l’origine est prise sur l’axe optique), soit C = ∂Cx

∂y
yex. La valeur du

gradient obtenue dans la référence [64] est ∂Cx
∂y
' 0, 57 µm−1. Dans notre situation expéri-

mentale, la taille du faisceau est plus importante et sa divergence plus faible, en supposant
que les dépendances sont linéaires 30, on déduit que pour la pince fibrée ∂Cx

∂y
' 0, 18 µm−1.

30. Pour la différence de divergence, C étant proportionnel au sinus de l’angle entre les vecteurs de
polarisation qui interfèrent et les angles étant en moyenne relativement faibles, on attend une variation
quasi linéaire par rapport à l’angle de divergence. Pour la différence de taille du col du faisceau, on peut
considérer que l’effet est un changement d’échelle sur la variable y qui modifie linéairement le gradient.
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(a) (b)

Figure 1.17 – Origine et calcul de l’ellipticité dans un faisceau de forte ouverture numérique.
Figures extraites de [64]. a : L’origine de l’ellipticité est l’orthogonalité du vecteur de polarisation
local ep (r) par rapport au vecteur d’onde local. L’interférence des rayons de vecteurs d’ondes
très différents au foyer conduit à une ellipticité variable où ep tourne dans le plan représenté dans
des sens opposés au dessus et en dessous de l’axe optique. b : Coupe au plan focal pour α = 0, 43.
Les lignes de niveau représentent C̃x qui est la composante selon x du vecteur caractéristique
de l’ellipticité C normalisé par l’intensité relative I (r) /Imax. L’intensité gaussienne du faisceau
est représentée par l’ombre de fond.

Dans la limite où l’on se restreint à une approximation harmonique du piège, l’effet
du gradient sur le potentiel dipolaire est simplement un décalage du centre du piège :

Udip (y,mF ) ' −U0 + 1
2mω

2
r (y − y0 (mF ))2 − 1

2mω
2
r (y0 (mF ))2 (1.28)

avec y0 (mF ) = w2
0

4
δ1 − δ2

2δ1 + δ2

∂Cx
∂y

gFmF (1.29)

où l’on a utilisé la profondeur piège U0 dans l’état mF = 0 et la pulsation radiale ωr
reliées par la taille du faisceau w0(cf. équations 1.12 et 1.13). Les différents sous-niveaux
Zeeman ont des pièges décalés de |y0 (1) | ' 11 nm. Ce décalage des pièges conduit à
un nouveau type de chauffage lors de la diffusion dans les sous-niveaux Zeeman. Lorsque
l’atome change d’état, sa distribution spatiale est décalée par rapport au nouveau piège
et il gagne donc nécessairement de l’énergie potentielle en moyenne ; l’effet est analogue
à une agitation du piège.

- Polarisation elliptique :
En présence d’une polarisation elliptique du faisceau incident, le vecteur de l’ellipticité

a alors une composante constante Cz suivant l’axe optique 31. En pratique la valeur de
Cx due au gradient est relativement faible (0, 02 à la largeur gaussienne σy ' 110 nm de
l’extension spatiale dans le piège à la température Doppler) devant la valeur de Cz dès
que la polarisation s’écarte légèrement de la polarisation linéaire (1, 5% en intensité de
composante circulaire donne une ellipticité ε ' 0, 97, soit une composante Cz ' 0.24).
On peut donc écrire |C| =

√
C2
z + (∂Cx/∂y)2 y2 ' Cz + (∂Cx/∂y)2 y2/ (2Cz). L’effet du

gradient est alors transformé en des différences de fréquences de piégeage car on a un terme
quadratique en y. En réalité, ce terme est négligeable devant l’effet de la composante Cz.

31. La composante selon Ox du champ incident va aussi créer un gradient selon cet axe de la composante
Cy. On néglige ici cette composante qui reste faible devant les autres si la composante du champ incident
est faible.
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L’ajout d’une légère composante circulaire à la polarisation permet ainsi d’annuler l’effet
de décalage des pièges et le chauffage qu’il induit.

Un champ magnétique réel suffisamment important et orthogonal à l’axe Ox produit
le même effet d’annulation de la différence de position entre les sites des différents états
Zeeman avec une différence de fréquence d’oscillation uniquement due au gradient de
Cx [64].

Discussion pour la pince optique pulsée :

Dans notre expérience, la situation est plus complexe que celle d’une pince optique
classique. La présence des faisceaux du PMO et la modulation du piège produisent, dans
une description simplifiée, une alternance entre une situation de piégeage (où les faisceaux
du PMO sont fortement désaccordés et ont un effet négligeable) et une situation de re-
froidissement limité à la température Doppler. L’essentiel de la diffusion dans les états
Zeeman est alors induite pendant la phase de refroidissement où le taux d’émission spon-
tanée est bien supérieur. On néglige par la suite la diffusion Zeeman créée par la lumière
dipolaire devant celle induite par les faisceaux du PMO. Le taux effectif de changement
d’état Zeeman est ainsi approximativement proportionnel à la fréquence de modulation
du piège. Nous reprenons ici le modèle à deux niveaux pour tenter d’obtenir une image
physique de l’effet. Si la fréquence de modulation est importante, le retour à l’état initial
(état |b〉) est très rapide par rapport à la fréquence piégeage, l’atome se déplace peu dans
le piège et le gain d’énergie est négligeable. Au contraire, lorsque la fréquence de modula-
tion est faible, l’atome reste un temps relativement long dans l’état |a〉 avant de retourner
à l’état |b〉 et le gain d’énergie est conséquent. Cette analyse vaut pour les deux processus
de chauffage dus à une polarisation elliptique globale ou à un gradient de l’ellipticité.

Pour résumer, dans le piège pulsé, il existe trois mécanismes de chauffage dépendants
de la fréquence de modulation qui sont en compétition avec le refroidissement Doppler :

- quelle que soit la polarisation, le chauffage de modulation par extension spatiale lors
de la phase de coupure est présent.

- en polarisation linéaire, il faut ajouter le chauffage de diffusion Zeeman par décalage
des centres des pièges.

- en présence d’une polarisation elliptique, la diffusion Zeeman crée un chauffage par
extension spatiale dans un (plusieurs, en pratique) état Zeeman de moindre confinement.

Simulations Monte Carlo :
Afin de comprendre et comparer les effets relatifs de chaque composante sur la durée

de vie de l’atome dans le piège dipolaire, nous avons réalisé des simulations Monte Carlo
de l’évolution de l’atome dans le piège dans trois cas : un seul état Zeeman (sans diffusion),
deux états |a〉 et |b〉 de centres décalés (polarisation linéaire) et deux états |a〉 et |b〉 de
fréquences de piégeage différentes (polarisation elliptique). La simulation se limite à une
dimension radiale (selon l’axe y), car la fréquence d’oscillation est la plus importante
et donc plus encline à des effets dus à la modulation à des fréquences supérieures, et
surtout l’effet du gradient de d’ellipticité pour le cas linéaire est dans cette direction. Les
potentiels sont approximés par les potentiels harmoniques de même fréquence, position
et profondeur que les deux états F = 2,mF = ±2. Le choix des états extrémaux est
motivé par son efficacité dans le modèle à deux niveaux de la référence [63]. La figure 1.18
schématise les différents cas simulés.

La position et vitesse initiale de l’atome sont choisies aléatoirement suivant la dis-
tribution attendue (cf. équation 1.14) dans le piège pour une température égale à la
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2 états avec des pièges décalés (polarisation linéaire) :

2 états avec des fréquences différentes (polarisation elliptique) :

Figure 1.18 – Schéma des différentes simulations réalisées pour comprendre les durées de vie
observées.

température Doppler TDop ' 140 µK. La simulation procède alors par périodes τmod de la
modulation. La position et la vitesse après τmod/2 dans le piège sont calculés (selon l’état
Zeeman).

Le résultat est utilisé comme condition initiale de la période de refroidissement dont
l’effet est modulé en fonction de la vitesse initiale pour prendre en compte la limite de
refroidissement Doppler : lorsque l’énergie cinétique est inférieure à kBTDop/2, l’atome
évolue librement ; pour les vitesses supérieures, celle-ci est amortie avec la constante ca-
ractéristique γDop ' 9 kHz attendue pour notre PMO 32.

Dans le cas à deux états |a〉 et |b〉, le changement d’état à la fin de la période de
refroidissement est tirée avec la probabilité pch = 1

2 (1− exp (−γchτmod)) qui est celle
attendue pour taux d’échange γch identique de |a〉 vers |b〉 et |b〉 vers |a〉. La valeur de
γch ' 2π × 0, 67 MHz est prise égale à la moitié du taux d’émission spontanée dans le

32. Dans notre PMO, la saturation n’est pas faible et la constante d’amortissement varie par rapport à
l’expression 1.22. Une meilleure approximation de la constante réelle est donc calculée par la dérivée par
rapport à la vitesse de la différence entre les deux forces de pression de radiation. La valeur est réduite
d’un facteur 5 environ. Il faut noter que cette détermination s’appuie tout de même sur la possibilité
d’ajouter indépendamment les forces de pression de radiation, ce qui n’est pas une évidence dans la
mesure où le paramètre de saturation est non négligeable ; et, par ailleurs, l’atome de rubidium n’est pas
un atome à deux niveaux.
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PMO. L’énergie mécanique dans le piège est alors calculée et la boucle s’arrête quand
celle-ci est supérieure à la profondeur du piège, i.e. l’atome n’est plus piégé. L’effet des
pertes dues à la pression résiduelle est pris en compte par une probabilité de perte à
chaque cycle 1− exp (−ατmod), avec α−1 = 500 ms d’après les données expérimentales.
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ε ≈ 0,92 ;  |C| ≈ 0,4
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Figure 1.19 – Simulations Monte Carlo des durées de vie pour un atome à un niveau fonda-
mental ou deux niveaux fondamentaux percevant des potentiels dipolaires différents |a〉 et |b〉. La
polarisation linéaire est simulée par deux pièges décalés par le gradient de C. Les polarisations
elliptiques sont simulées par deux pièges de fréquences différentes imposées par |C| =

√
1− ε2.

Les barres d’erreurs représentent ±15% de la valeur obtenue qui est la déviation standard d’une
série de simulations similaires (50 atomes) dont la durée de calcul est bien plus faible.

Les résultats de la figure 1.19 présentent la durée de vie simulée, extraite de la proba-
bilité de survie obtenue sur un ensemble de 50 atomes pour chaque point 33. On observe
tout d’abord que, dans le cas à un état, le temps de vie converge très rapidement vers
la valeur optimale lorsque la fréquence de modulation devient supérieure au double de
la fréquence de piégeage. L’effet du chauffage par modulation est donc négligeable dans
nos résultats expérimentaux. La faiblesse de cet effet par rapport aux autres s’explique
par la dynamique restreinte de l’extension de l’atome à la phase de refroidissement. Dans
les effets de diffusion, même si elle diminue sensiblement avec l’augmentation de la fré-
quence de modulation, l’extension ou le déplacement de la distribution de probabilité
est en moyenne bien plus importante car elle se développe statistiquement sur plusieurs
périodes de modulation.

Dans le cas de la polarisation linéaire, l’addition de l’effet du chauffage par décalage
des pièges induit une convergence bien plus lente vers la valeur limitée par la pression rési-
duelle 34. Dans le cas d’une faible polarisation elliptique, identique à celle mesurée comme
optimisant la durée de vie expérimentale (ε ' 0.97), la durée de vie converge effectivement
bien plus rapidement vers la valeur optimale que dans le cas de la polarisation linéaire
tout en étant plus lente que dans le cas d’un niveau unique. Pour cette polarisation, l’effet
de l’addition de la composante Cz du vecteur caractéristique de l’ellipticité diminue l’effet
du gradient et du chauffage associé, et l’effet de chauffage par changement de fréquence

33. Le nombre de réalisations est fortement limité par la durée du calcul qui prend plusieurs heures
pour chacune des simulations présentées. Ceci est dû au grand nombre de cycles nécessaires (∼ 106) pour
un atome lorsque le temps de vie est long.
34. L’effet visible sur la figure 1.19 de dépassement de la valeur maximale (500 ms) est dû à l’incertitude

de la simulation de Monte Carlo.

40



1.2. Réalisation d’un dispositif compact fibré de piégeage d’atome unique

de piégeage reste inférieur à celui de décalage des pièges en polarisation linéaire. Lorsque
la composante circulaire augmente, la convergence devient alors plus lente que dans le
cas d’une polarisation linéaire (cf. ε ' 0.92). Ceci correspond à l’existence expérimentale
d’une polarisation elliptique optimale pour le temps de vie à fréquence de modulation
inférieure à 2 MHz. Pour un faisceau avec une forte composante circulaire (20%, soit
ε = 0, 6), le chauffage devient si puissant que les durées de vies n’excèdent pas quelques
millisecondes.

Au vu des importantes lacunes intrinsèques du modèle et sachant qu’aucun paramètre
n’est ajusté hormis le choix des sous-niveaux Zeeman, les résultats de la simulation cor-
respondent relativement bien aux données de la figure 1.14b. La description physique
proposée est donc validée dans son principe par ces résultats numériques.

Conclusion
Avec ce dispositif expérimental, nous avons démontré la faisabilité de l’utilisation d’une

fibre optique pour le piégeage et la détection d’un atome unique dans une pince optique.
Si la modulation du piège dipolaire peut apparaître comme une complication, elle est utile
pour obtenir un fort blocage collisionnel dans un piège dipolaire profond et relativement
large. La modulation n’affecte pas le piégeage en polarisation linéaire si la fréquence de
modulation est suffisamment élevée. L’utilisation d’une simple lentille asphérique pour la
focalisation du faisceau rend le dispositif d’une compacité et d’une flexibilité intéressantes
pour être combinée avec d’autres éléments. En particulier, la pince pourrait être montée
sur un système de déplacement fournissant un source d’atome unique voire une sonde à
atome unique [105]. L’intérêt principal de cette technique est de dépasser les limitations
du champ de vue transverse d’un objectif classique qui est usuellement fortement limité
pour les objectifs de forte ouverture numérique. La pince pourrait ainsi être utilisée pour
approcher un atome unique d’une structure microscopique, en particulier pour le charge-
ment de résonateurs optiques comme les cristaux photoniques [106] ou les micro-tores de
silice [107]. De plus, l’utilisation d’une fibre lentillée [108, 109], où la lentille est directe-
ment créée à la fin de la fibre, comme présenté sur la figure 1.20, permettrait de gagner
trois ordres de grandeur sur la taille de la pince pour atteindre la limite ultime de la
miniaturisation des pinces optiques fibrées.

(a) (b)

Figure 1.20 – (a) : Principe de la formation d’une fibre lentillée. Un bout de fibre sans coeur
ou de fibre multimode à gradient d’indice est ajouté à l’extrémité d’une fibre monomode. Un
dioptre sphérique est ensuite créé au bout de cette extension par fusion de la silice en utilisant
l’effet de la tension surface. (b) : Image de fibre lentillée après sa formation. Les fibres lentillées
réalisées ont permis d’obtenir des tailles au col w0 ' 2, 1 µm (les détails sont consignés dans ma
thèse de Master [109]).
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Chapitre 2
Une source fibrée de photons uniques

avec un atome de Rubidium

Les sources de photons uniques constituent un champ très actif de recherche expéri-
mentale motivée par diverses applications :

- Une source de photons uniques émet un état comprimé en amplitude de la lumière
et peut à priori être utilisée pour améliorer la précision d’une mesure de faible absorption
[23, 110].

- La génération de nombres aléatoires est un problème technique intervenant dans
divers domaines comme les simulations de Monte-Carlo ou les processus de cryptographie.
Une source de photons uniques divisée sur une lame séparatrice constitue à priori une
source idéale de bits aléatoires [111].

- L’application majeure des photons uniques réside dans les processus de manipulation
de l’information quantique. Les photons uniques constituent un qu-bit en polarisation
dont l’interaction avec l’environnement est faible et sont donc des candidats de choix
pour transporter de l’information. Les photons uniques ont en particulier été au centre
des mesures des inégalités de Bell pour résoudre le problème du paradoxe EPR [24]. De
plus, les photons uniques permettent la sécurité maximale, assurée par le postulat de la
mesure, des distributions quantiques de clés en cryptographie [112]. L’état quantique de
l’émetteur est intriqué avec le photon émis qui peut être utilisé pour interagir avec un
autre atome pour créer un état intriqué distant [39].

La qualité d’une source de photons uniques pour les protocoles d’intrication quantique
dépend de plusieurs paramètres selon l’application recherchée :

- Le plus fondamental d’entre eux est évidement l’unicité des photons émis car les
protocoles sont basés soit sur la détection d’un photon unique, soit sur l’absorption d’un
photon unique par un récepteur quantique.

- Par ailleurs, beaucoup de processus de manipulation d’information quantique avec
des photons utilisent l’interaction entre deux photons arrivant sur les deux voies incidentes
d’une séparatrice. Comme les photons sont des bosons, s’ils sont indiscernables, l’inter-
férence détruit la probabilité d’obtenir un photon dans chacune des voies de sortie : les
photons sont groupés aléatoirement dans une des voies. Cependant, cet effet n’est possible
que si les photons ne peuvent être différenciés, i.e. il doivent être dans le même mode spa-
tial et temporel. La combinaison de photons uniques émis par différents émetteurs est par
exemple une voie pour créer de l’intrication à distance entre les émetteurs [60, 61, 113].
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- Enfin, pour pouvoir traiter efficacement une grande quantité d’information, les sources
de photons uniques doivent présenter un flux important dans des intervalles de temps bien
définis. Ceci implique des excitations et désexcitations rapides et une bonne efficacité de
collection du photon émis.

Les sources de photons uniques peuvent se classer grossièrement en deux catégories
selon les deux types d’émetteurs optiques utilisés : les émetteurs “atomiques” qui sont
des atomes, des ions ou des molécules isolés de l’environnement et les émetteurs “soli-
des” qui peuvent être très divers mais ont la caractéristique commune d’être fixés dans
ou sur un substrat solide. Ces deux types de sources ont chacun leurs avantages. D’un
côté, les sources “atomiques” sont essentiellement appréciées pour leur capacité à fournir
des photons indiscernables. De l’autre côté, les sources “solides” sont relativement plus
simples à réaliser et plus compactes car le problème du piégeage de l’émetteur est évacué ;
cependant, leur couplage fort à l’environnement tend à produire des photons discernables.

La pince optique fibrée offre une solution technique pour produire des photons uniques
combinant :

- l’intérêt d’un émetteur “atomique” avec un atome de rubidium qui fournit des pho-
tons à une fréquence bien définie qui peuvent être utilisés pour interagir avec d’autres
atomes de rubidium.

- l’intérêt d’un dispositif compact, relativement simple et directement fibré qui se
rapproche ainsi de la relative facilité d’utilisation d’une source “solide”.

Ce chapitre débute par une revue rapide des différentes sources de photons uniques
existantes. Les principes de la génération de photons uniques avec un émetteur unique et
de la caractérisation de l’unicité des photons sont ensuite présentés. La dernière section
présente les résultats de l’utilisation de la pince optique fibrée comme source de photons
uniques.

2.1 Intérêts des diverses sources de photons
optiques uniques

La lumière émise par une source thermique ou un laser résulte de l’émission incohérente
ou cohérente d’un ensemble d’émetteurs. L’état quantique à un photon en moyenne de
telles sources est un mélange statistique ou cohérent des états de Fock {|n〉} contenant n
photons. Une impulsion laser atténuée ne peut donc pas être considérée comme une source
de photons uniques car la statistique est poissonienne. Elle implique donc que pour ré-
duire considérablement la possibilité d’avoir deux photons dans l’impulsion, la probabilité
d’avoir un photon est aussi très faible. Ainsi le flux doit être réduit considérablement et
les signaux obtenus sont alors en compétition avec les bruits de fond des détecteurs. Les
premières sources de photons pseudo-uniques ont été les sources annoncées grâce à des
processus d’émission simultanée de deux photons intriqués dans deux modes différents, par
cascade atomique [19] ou par conversion paramétrique basse [20] ou, plus récemment, par
excitation collective faible d’un ensemble atomique (protocole d’écriture/lecture DLCZ)
[114, 115]. Le principe est d’utiliser une détection sur le second photon déclenchée unique-
ment quand le premier est détecté. Cette technique permet d’être sûr que l’état du second
photon contient au moins un photon, mais afin d’obtenir une faible probabilité d’avoir
deux paires de photons par impulsion, la probabilité d’émettre une paire doit rester faible
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et limite donc le flux atteignable de la source. Cependant, ces sources restent une ressource
considérable pour l’optique quantique car la paire de photons émise est intriquée.

Afin d’obtenir une source de photons réellement uniques, il faut utiliser un émetteur
unique. Les émetteurs uniques permettent d’obtenir un état de Fock à un photon, soit un
état quantique de la lumière qui contient exactement un photon [23].

2.1.1 Obtention d’émetteurs optiques uniques
Les interactions dans un piège dipolaire de faible volume constituent une partie de

l’ensemble des techniques expérimentales développées pour obtenir des émetteurs optiques
uniques pour la génération de photons uniques. La discussion des possibilités expérimen-
tales pour l’obtention d’émetteurs “atomiques” uniques a été menée dans la section 1.1.4.
Les techniques sont assez diverses et relativement complexes, et la pince optique fibrée
constitue l’une des réalisations les plus simples.

L’intérêt des sources “solides” réside dans la suppression du problème du piégeage mais
le fort couplage à l’environnement via le substrat altère alors les propriétés de cohérence.
Les émetteurs “solides” peuvent être des défauts colorés dans un cristal ou, un atome
ou une molécule dans une matrice solide. Un exemple sur lequel des recherches actives
sont en cours est le cas des centres colorés créés par la présence d’un atome d’azote
(ou silicium) dans le cristal d’un diamant, le spin nucléaire de l’azote fournissant un qu-
bit mesurable optiquement [116]. Pour la réalisation de sources de photons uniques, les
molécules organiques dans des cristaux ou matrices solides constituent aussi une solution
intéressante [117].

Un autre moyen d’obtenir des émetteurs uniques “solides” est de confiner spatialement
les excitons d’un semi-conducteur dont les niveaux sont alors discrets. Ces configurations,
nommées boîtes quantiques, peuvent être réalisées en utilisant des nano-cristaux de sé-
léniure de cadmium (CdSe) entourés d’une protection de sulfure de zinc (ZnS) [118] ou
en utilisant la formation d’îles de semi-conducteur sur un substrat dans un processus
d’épitaxie moléculaire bien contrôlé [119].

Hormis les sources “atomiques” et “solides”, on peut distinguer une troisième catégorie
qui contient les molécules ou autres émetteurs en solution, rarement utilisés comme outil
pour la réalisation de sources de photons uniques ou d’outil de manipulation d’information
quantique. Ces sources sont cependant d’une importance cruciale pour le domaine de la
biologie moléculaire car elles permettent d’imager in situ l’évolution intra-cellulaire.

2.1.2 Propriétés des différentes sources expérimentales avec
des émetteurs uniques

La diversité des émetteurs uniques produit des sources de qualités différentes. Par
ailleurs, la collection des photons peut se faire par deux méthodes différentes. La plus
simple est d’utiliser un système d’imagerie de forte ouverture numérique pour couvrir le
plus grand angle solide possible autour de l’émetteur. L’efficacité de collection et d’émis-
sion peut être améliorée en se basant sur l’effet Purcell dans une cavité optique qui aug-
mente le taux d’émission dans le mode de la cavité (cf. section 3.1.1).

De plus, pour obtenir des photons indiscernables, la condition d’identité des modes
spatiaux et temporels impose de fortes contraintes. La condition de mode spatial implique
un filtrage spatial qui est optimalement obtenu par le passage dans une fibre optique mo-
nomode et l’utilisation de séparatrices fibrées. La condition de mode temporel impose
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que la forme du paquet d’onde contenant le photon doit être constante. En terme de
fréquences, cette condition implique que le spectre de la source doit être limité par trans-
formée de Fourier (du paquet d’onde individuel). Les effets qui réduisent l’indiscernabilité
des photons ont des origines multiples [23]. Les émetteurs dont la décohérence est plus ra-
pide que le temps d’émission subissent un déphasage du photon qui est un paquet d’onde
réduit et émis à un temps aléatoire dans le temps de fluorescence. Les émetteurs dont
la fréquence d’émission varie lentement à cause d’un couplage à l’environnement, pro-
duisent des photons discernables à des intervalles longs devant le temps caractéristique de
diffusion spectrale. Enfin, les émetteurs dont le pompage vers l’état excité implique une
relaxation depuis des niveaux supérieurs, génèrent des photons différenciés si le temps de
cohérence est plus faible que le temps de relaxation (effet de pompage incohérent).

La première source de photons uniques a été obtenue avec un faible jet d’atomes de
sodium excités et une lentille pour la collection [21]. Les ions piégés ont ensuite produit de
meilleurs flux de photons [22]. Diverses expériences en cavité ont amélioré l’efficacité de
collection [120]. Les sources “atomiques” piégées constituent les meilleures sources à priori
pour l’information quantique car elle produisent des photons limités par transformée de
Fourier indiscernables [121] et identiques entre deux atomes [122]. Cependant, leur mise
en oeuvre nécessite le piégeage et le refroidissement d’un émetteur unique et donc un
ensemble assez conséquent d’ingénierie laser, de vide et d’optique. L’utilisation d’une
cavité complexifie d’autant plus le dispositif.

Les sources “solides” présentent au contraire une relative facilité de réalisation et ont
usuellement des désexcitations très rapides utiles pour obtenir des bons flux. Le prix à
payer en contrepartie est la rapide décohérence due au fort couplage à l’environnement qui
tend à produire des photons discernables. En utilisant un environnement cryogénique pour
réduire les effets thermiques et en utilisant un couplage à une cavité optique, les boîtes
quantiques peuvent produire des photons indiscernables [123]. Les photons successifs émis
par une boîte quantique de forte brillance peuvent ainsi être intriqués par une porte logique
quantique [124].

Lors de la combinaison de différentes sources pour des protocoles d’intrication, les
sources doivent émettre des photons indiscernables. Comme la longueur d’onde d’émis-
sion est impactée par l’environnement, les sources solides d’un même type produisent à
priori des photons discernables. Certaines expériences récentes parviennent à accorder
légèrement les fréquences d’émissions par divers leviers de contrôle (température, stress
mécanique, champ électrique) et à observer le groupement de photons émis par deux
boîtes quantiques différentes [125, 126]. Pour les centres colorés du diamant, en utilisant
un environnement cryogénique et une grande pureté dans le processus de production du
diamant ainsi qu’un contrôle de la fréquence d’émission par effet Stark et une sélection
temporelle des photons, une forte indiscernabilité peut être obtenue et mène à l’intrication
des centres colorés [113].

2.2 Principes de la génération et de la
caractérisation de photons uniques

La génération d’un photon unique collecté par une lentille utilise l’excitation du sys-
tème vers le niveau excité et sa relaxation vers l’état fondamental via le couplage au vide
du champ électromagnétique. La démonstration de l’unicité des photons de la source se
fait alors par la mesure de la fonction d’auto-corrélation de son intensité lumineuse.
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2.2.1 Excitation d’un atome à deux niveaux
L’excitation d’un atome à deux niveaux via un champ électromagnétique monochro-

matique classique qui se couple au dipôle électrique de l’atome est un problème bien résolu
de la mécanique quantique semi-classique. Nous en rappelons ici rapidement les résultats.

Dans le cas où l’on peut considérer que l’évolution des états internes de l’atome se limite
à deux niveaux (fondamental f et excité e) séparés en énergie de ~ωat, le hamiltonien de
l’atome et le dipôle se réduisent respectivement à :

Ĥat = ~ωatσ̂+σ̂− (2.1)

d̂ = dfeσ̂+ + d∗feσ̂− (2.2)

où l’on a introduit les opérateurs de changement de niveau σ̂+ = |e〉〈f | et σ̂− = |f〉〈e| qui
excitent et désexcitent respectivement l’atome.

Le couplage avec le champ laser, dans le cadre des approximations dipolaire électrique
et séculaire (qui consiste à négliger les termes non résonants), s’écrit :

Hat,l = ~Ω
2
(
σ̂+e−iωt + h.c.

)
, (2.3)

où Ω est la pulsation de Rabi définie par l’équation 1.3.
Supposons que Ω soit constante et que le laser soit résonant avec la transition atomique

(ω = ωat). Si à l’instant t = 0 l’atome est dans son état fondamental |f〉, au temps tπ tel
que Ωtπ = π l’atome est alors dans l’état |Ψ〉 = −ie−iωtπ |e〉. Plus généralement, on trouve
que la population de l’état excité suit des oscillations de Rabi selon pe = sin2 (Ωt/2).
Ainsi, l’atome a été porté dans son état excité par une impulsion π. C’est la manière la
plus rapide d’amener un atome dans son état excité avec une probabilité 1. En effet, il
existe une autre méthode plus complexe qui consiste à réaliser un transfert adiabatique
de population, mais le but de notre expérience est d’obtenir une source rapide de photons
uniques et donc un passage adiabatique de l’état fondamental vers l’état excité n’optimise
pas le taux d’émission.

Ainsi, dans notre expérience nous voulons réaliser une impulsion π. Pour cela, nous
avons à priori besoin de disposer d’un champ monochromatique résonant dont l’enveloppe
est de la forme ϑ (t)− ϑ (tπ − t) où ϑ est la fonction de Heaviside ; c’est-à-dire, un champ
d’intensité constante I = 2Isat

(
π
tπΓ

)2
entre l’instant t = 0 et t = tπ et nulle avant et après.

2.2.2 Émission spontanée d’un atome excité
Une fois l’atome dans l’état excité, celui-ci va retourner dans son état fondamental

en émettant un photon. Cette instabilité des états excités est due à l’interaction entre
l’atome et le vide du champ électromagnétique. La compréhension de ce phénomène ne
peut se faire que dans le cadre de la quantification du champ électromagnétique. Un calcul
perturbatif utilisant la règle d’or de Fermi permet de trouver le taux caractéristique de
désexcitation du niveau excité, i.e. sa largeur naturelle Γ. On a ainsi :

Γ = ω3
0 |dfe|

2

3πε0~c3 . (2.4)

Dans le cas des niveaux du 87Rb que l’on considère, on obtient expérimentalement Γ '
2π × 6, 1 MHz, soit une constante de temps caractéristique de 26 ns.
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Cette rapidité de la désexcitation est essentielle à l’obtention d’une source rapide de
photons uniques. En effet, on peut montrer [127] que si l’on considère un atome dans l’état
excité et dans le vide électromagnétique à l’instant t = 0, alors lorsque t� Γ, on a l’état
du système total (atome et rayonnement) qui se factorise |Ψ (t)〉 = |f〉 ⊗ |ΨR〉 avec :

|ΨR〉 =
∑
j

hj
i~

e−iωjt
Γ
2 − i (ωj − ω0 − δω)

|1j〉 , (2.5)

où j est l’indice des modes du champ électromagnétique (j = (kj, ep,j) avec kj le vecteur
d’onde et ep,j le vecteur de polarisation du mode), δω est le Lamb-shift (décalage en
fréquence de l’atome dû à la présence du vide de rayonnement), |1j〉 est l’état de Fock à
un photon dans le mode j et hj est donné par l’élément de matrice de l’interaction entre
l’état excité dans le vide et l’état fondamental avec un photon dans l’état j qui s’écrit :

hj = 〈f, 1j|ĤintA−R|e, 0〉 = Ej (ep,j.dfe) , (2.6)
où Ej est l’amplitude du champ électrique d’un photon du mode j (définie rigoureusement
dans la section 3.1.1). Ainsi la probabilité de trouver le photon émis dans le mode j s’écrit :

Pj = |hj|
2

~2
1

Γ2

4 + (ωj − ω0 − δω)2 , (2.7)

Le photon émis a donc une fréquence statistiquement majoritairement comprise dans une
bande lorentzienne de largeur Γ autour de ω0 + δω qui est la fréquence de la transition
de l’atome habillé par le vide du rayonnement électromagnétique. On observe que cette
probabilité est proportionnelle à (ep,j.dfe)2, on a donc une dépendance polarisation et
angulaire du champ qui est elle-même fonction de l’état de l’atome avant et après l’émis-
sion. La forme de l’équation 2.5 du champ rayonné ne fait pas apparaître explicitement
que cet état ne contient qu’un photon ; en écrivant le champ dans la base correspondante
au rayonnement du dipôle, cette multiplicité apparente des modes s’écrit sous la forme
d’un état de Fock.

2.2.3 Équations de Bloch optiques
Lorsque l’excitation par un faisceau laser vers l’état excité est très rapide devant le

temps caractéristique de la désexcitation, soit tπ � 1/Γ, la description précédente qui
sépare excitation et émission spontanée reste pertinente. Cependant, pour réaliser des
impulsions d’excitation très courtes, la fréquence de Rabi doit être très élevée ; or, elle
reste limitée expérimentalement par la puissance laser disponible. Dans notre situation
expérimentale, tπ ∼ 4 ns et 1/Γ ' 26 ns, l’évolution de l’état interne de l’atome doit donc
être décrite en prenant en compte les deux effets en même temps. L’outil pertinent pour
cette description est alors la matrice densité de l’atome ρ̂. Son évolution est donnée par
l’équation pilote qui s’écrit sous l’hypothèse que les modes du champ électromagnétique
constituent un réservoir à mémoire courte (approximation markovienne) :

dρ̂
dt = 1

i~
[
Ĥ, ρ̂

]
+Dat (ρ̂) (2.8)

avec Ĥ = Ĥat + Ĥat,l le hamiltonien d’évolution sans décohérence et l’effet de l’émission
spontanée est pris en compte par l’opérateur de relaxation Dat dont la théorie entièrement
quantique permet de déduire la forme :

Dat (ρ̂) = Γ
2 (2σ̂−ρ̂σ̂+ − ρ̂σ̂+σ̂− − σ̂+σ̂−ρ̂) (2.9)
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En utilisant les propriétés de la matrice densité (trace : Tr (ρ̂) = ρff + ρee = 1, et
hermitienne : ρfe = ρ∗ef et ρff , ρee ∈ R), le système se réduit à trois équations différentielles
réelles. En utilisant la représentation dans le référentiel tournant à la fréquence du laser,
on aboutit à :

dpe
dt = −Γpe (t)− Ω (t) ci (t) (2.10)

dcr
dt = −Γ

2 cr (t)− δ (t) ci (t) (2.11)

dci
dt = −Γ

2 ci (t) + δ (t) cr (t) + Ω (t)
(
pe (t)− 1

2

)
(2.12)

où pe = ρee est la population de l’état excité, la cohérence est séparée en ses parties réelles
et imaginaires ρ̃fe = ρfee

iωt = cr + ici et δ = ω − ωat est le désaccord du laser à la
transition. La probabilité d’émission d’un photon est alors donnée par Γpe.

2.2.4 Mesure de l’unicité des photons
Pour caractériser une source de photons uniques, la mesure de la fonction d’auto-

corrélation de l’intensité permet de déterminer l’unicité des photons. Le dispositif de
Hanbury Brown et Twiss [128] consiste à séparer le chemin optique en deux voies sur une
lame séparatrice de 50% de transmission et à mesurer le produit des intensités mesurées sur
chacune des voies (cf. figure 1.10). L’auto-corrélation temporelle en intensité est donnée
par la mesure du produit de l’intensité I1 obtenue sur le détecteur D1 et l’intensité I2
obtenue sur le détecteur D2 retardée d’un temps τ . Dans le cas d’un régime stationnaire,
cette fonction dépend uniquement du délai entre les deux voies et s’écrit :

g2 (τ) = 〈I1 (t) I2 (t+ τ)〉
〈I1 (t)〉〈I2 (t)〉 = 〈I (t) I (t+ τ)〉

〈I (t)〉2 (2.13)

dont la deuxième expression utilise le fait que la séparatrice divise équitablement le signal
en deux et que les détecteurs ont la même efficacité quantique, soit I1 = I2 = I/2 où I
est l’intensité de la source.

La fonction g2 est paire. Si les champs sont classiques, en utilisant les relations évi-
dentes 〈(I (t)− 〈I (t)〉)2〉 ≥ 0 et 〈(I (t)− I (t+ τ))2〉 ≥ 0, on déduit respectivement
g2 (0) ≥ 1 et g2 (0) ≥ g2 (τ). Dans la limite où la cohérence est perdue à temps longs,
on a g2 (∞) = 1. Dans le cas du champ émis par une source classique, les émetteurs
de l’ensemble contribuent avec des phases et délais différents dans un processus chao-
tique. On a alors g2 (τ) = 1 + |g1 (τ) |2 avec g1 (τ) = 〈E∗ (t)E (t+ τ)〉/〈E∗ (t)E (t)〉 la
fonction de corrélation du champ qui est la transformée de Fourier de densité spectrale
de puissance normalisée d’après le théorème de Wiener-Khinchin [129, 130]. La fonction
d’auto-corrélation d’intensité d’une source classique vérifie donc g2 (0) = 2 et décroît
jusqu’à 1 en un temps caractéristique τc qui est le temps de cohérence de la source.

Pour des sources non classiques comme les lasers ou les sources de photons uniques, il
est nécessaire de considérer la nature quantique de la lumière. La forme exacte en utilisant
la quantification du champ électromagnétique s’écrit :

g2 (τ) = 〈Ê
(−) (t) Ê(−) (t+ τ) Ê(+) (t+ τ) Ê(+) (t)〉

〈Ê(−) (t) Ê(+) (t)〉2
(2.14)

où Ê(+) (t) et Ê(−) (t) sont les parties à fréquences positives et négatives de l’opérateur
champ électrique en représentation de Heisenberg et sont respectivement les sommes des
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opérateurs annihilation âj (t) et création â†j (t) sur la base des modes choisie pour la
décomposition du champ (cf. section 3.1.1). Pour un champ classique, constitué d’un
mélange statistique d’états cohérents, on obtient la forme donnée précédemment. Pour
un champ laser, qui est un état cohérent 1, la fonction d’auto-corrélation d’intensité est
constamment égale à 1 [131].

En termes de photons, un champ classique possède donc un effet de groupement de
photons dont l’origine physique provient de la nature bosonique des photons. Lorsque deux
photons émis indépendamment se recouvrent, l’interférence des champs et la symétrisation
de l’état somme des deux photons induisent une interférence constructive [132]. Comme la
durée du photon caractérise la cohérence temporelle τc de la source, le groupement n’ap-
paraît que sur cette échelle de temps. L’effet de groupement pour les sources spectrales
a été mis en évidence par la mesure de Hanbury Brown et Twiss [128] mais l’observation
pour un corps noir n’a été réellement mise en évidence que récemment [133] à cause de
la faible cohérence temporelle impossible à résoudre avec des détecteurs standards. Pour
les lasers, l’émission stimulée étant le processus dominant, la première intuition serait
d’attendre un fort groupement de photons. Cependant, la cavité du laser homogénise le
champ à une valeur stationnaire et les photons sortants sont issus d’un processus pois-
sonien induit par la faible transmission du miroir. Le champ d’un faisceau laser idéal est
donc décrit par un état cohérent. La fonction g2 est alors mesurée à 1 quel que soit le
délai [134]. Cette description est expérimentalement fausse pour les lasers qui présentent
des bruits techniques en intensité qui produisent des statistiques super-poissoniennes.

L’effet de groupement observé pour les photons peut être aussi observé avec d’autres
bosons. Par opposition, le principe d’exclusion de Pauli se retrouve dans un effet de
dégroupement des particules fermioniques. En effet, l’anti-symétrisation de la fonction
d’onde conduit alors à une interférence destructive pour la double détection des fermions.
Ces effets ont été observés avec des nuages d’atomes froids, ainsi que l’annulation du
groupement de bosons pour un condensat de Bose-Einstein dont la cohérence induit une
statistique poissonienne analogue à celle d’un laser [135, 136].

Pour un atome unique, le flux de photons produit ne peut contenir deux photons
coïncidents car l’atome doit être excité une nouvelle fois avant d’émettre à nouveau.
On attend donc un effet de dégroupement avec une probabilité de photons exactement
coïncidents nulle (g2 (0) = 0). De façon plus détaillée, il faut considérer le champ émis par
le dipôle qui en physique classique lui est proportionnel :

E (rdet, t) ∝ d (tr) avec t = tr + rdet/c (2.15)

avec rdet la position optique du détecteur par rapport à l’atome, et avec t et tr les temps
d’émission et de détection. En physique quantique, le dipôle s’écrit d̂ = dfeσ̂+ + d∗feσ̂− et
le champ Ê = Ê(+) + Ê(−), en représentation de Heisenberg on démontre que [137] :

Ê(±) (rdet, t) ∝ σ̂∓ (tr) (2.16)

avec σ̂∓ (tr) la représentation de Heisenberg de l’opérateur d’excitation atomique. Ainsi,
la fonction de corrélation d’intensité s’écrit en insérant la relation précédente dans l’équa-
tion 2.14 :

g2 (τ) = 〈σ̂+ (tr) σ̂+ (tr + τ) σ̂− (tr + τ) σ̂− (tr)〉
〈σ̂+ (tr) σ̂− (tr)〉2

(2.17)

1. Un état cohérent |αj〉 d’un mode j : état propre de l’opérateur d’annihilation âj |αj〉 = αj |αj〉
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où l’on remarque que le numérateur fait apparaître le produit σ̂− (tr + τ) σ̂− (tr), qui pour
un délai nul s’écrit σ̂− (tr) σ̂− (tr) = [|f〉〈e|f〉〈e|] (tr) = 0. La fonction g2 s’annule donc en
0 comme prévu pour le champ émis par un émetteur unique.

Pour calculer la fonction g2 à un délai non nul, il est possible de passer par les équa-
tions de Heisenberg-Langevin ou d’utiliser la matrice densité du système entier (atome
et champ) [138]. Le résultat se retrouve plus simplement en adoptant le point de vue
de la probabilité de détection de deux photons avec un délai τ positif et en symétrisant
la fonction pour les délais négatifs. Cette probabilité pour un premier photon détecté à
l’instant t est notée G2 (tr, τ). Ce terme correspond à la détection d’un photon émis au
temps tr suivi de la détection d’un photon émis au temps tr + τ . La probabilité d’émettre
un photon à l’instant tr est donnée par Γpe (tr) avec pe la population de l’état excité. La
détection du photon projette l’atome dans son état fondamental f à l’instant d’émission
tr, événement noté f@tr. La probabilité d’émettre un photon à l’instant tr + τ s’écrit alors
Γpe (tr + τ |f@tr), où la notation | dénote la probabilité conditionnelle. On a donc :

G2 (tr, τ) = η2Γ2pe (tr) pe (tr + τ |f@tr) (2.18)

avec η la probabilité de détection d’un photon qui comprend l’efficacité de collection, les
pertes sur chemin optique jusqu’au détecteur et l’efficacité quantique de ce dernier 2.

Comme la mesure de la fonction de corrélation est indépendante du temps d’émission,
la probabilité de détecter deux photons séparés par un délai τ est la moyenne sur le temps
de mesure T : G2 (τ) =

∫+T/2
−T/2 G2 (tr, τ) dtr/T .

Par ailleurs, le flux moyen de photons qui apparaît au dénominateur de g2 est simple-
ment donné par ηΓ

∫+T/2
−T/2 pe (tr) dtr/T .

Ainsi, en prenant la limite où le temps de mesure est bien plus important que les temps
caractéristiques de la dynamique du système, on peut écrire la fonction d’auto-corrélation
comme :

g2 (τ) =
∫+T/2
−T/2 pe (tr) pe (tr + τ |f@tr) dtr/T(∫+T/2

−T/2 pe (tr) dtr/T
)2 (2.19)

où le calcul des pe est donné par l’évolution de la matrice densité.
Dans le cas où l’excitation est stationnaire, la probabilité d’être dans l’état excité ne

dépend pas de du temps d’émission, soit pe (tr) = pe,st. L’expression se simplifie alors à
g2 (τ) = pe (τ |f@0) /pe,st. Le calcul pour l’évolution de la matrice densité depuis l’état
fondamental donne la probabilité pe (τ |f@0) et la limite à t → ∞ donne la valeur sta-
tionnaire. Dans le cas où le laser est résonant avec l’atome, le calcul analytique permet
de trouver :

g2 (τ) = 1− e−3Γ|τ |/4
(

cosh (κ|τ |) + 3Γ
4κ sinh (κ|τ |)

)
(2.20)

où l’on a définit κ =
√

(Γ/4)2 − Ω2. La figure 2.1 présente les fonctions d’auto-corrélation
en excitation continue pour diverses fréquences de Rabi par rapport à la largueur natu-
relle de la transition. Quand l’excitation est faible devant l’émission spontanée (Ω� Γ),
la fonction g2 est simplement amortie vers 1 lorque le délai augmente. Dans le régime
opposé(Ω � Γ), la dynamique cohérente du système permet d’observer des corrélations
oscillantes à la fréquence de Rabi avant leur amortissement. En effet la probabilité d’ob-
tenir l’émission d’un second photon est alors maximale après une demi-période de Rabi
qui amène l’atome de l’état fondamental à l’état excité.

2. On suppose encore que l’efficacité est la même sur les deux voies de détection.
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Figure 2.1 – Fonction d’auto-corrélation de l’intensité par un émetteur à deux niveaux sous
excitation résonante continue de diverses pulsations de Rabi Ω.

Dans le cas de sources à la demande, où l’excitation est seulement présente entre t = 0
et t = tπ, la forme intégrale de g2 doit être utilisée avec la convolution de toutes les
solutions des équations de Bloch dont l’état initial est le fondamental aux divers temps
tr. En pratique cette convolution est limitée aux solutions donnant une probabilité d’état
excité non nulle, soit les temps d’émissions tr du premier photon où la pulsation de Rabi est
non nulle. Ainsi, on a g2 (τ) ∝

∫ tπ
0 pe (tr) pe (tr + τ |f@tr) dtr. Afin de réduire la probabilité

d’émission de deux photons dans la même impulsion, qui est proportionnelle à l’intégrale
de g2, la durée tπ de l’impulsion doit donc être prise la plus courte possible.
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2.3. Génération de photons uniques avec la pince optique fibrée

2.3 Génération de photons uniques avec la pince
optique fibrée

La pince optique fibrée ayant la capacité d’obtenir un atome unique, nous allons dé-
montrer sa capacité à délivrer des photons uniques. Dans un premier temps, l’analyse
de l’auto-corrélation de la fluorescence collectée permet de démontrer que le système est
une source continue de photons uniques confirmant l’unicité de l’atome dans le piège. Par
la suite, l’inclusion d’un laser pulsé dans le dispositif a permis d’obtenir une source à la
demande de photons uniques 3.

2.3.1 Génération continue
La fluorescence de l’atome dans le piège en présence du PMO est une source conti-

nue de photons uniques. Les corrélations lorsqu’un atome est présent dans le piège sont
mesurées par le dispositif de Hanbury Brown et Twiss. Le résultat est un nombre de coïn-
cidences C (τ, δτ, T ) sur un intervalle de largeur δτ autour du délai τ pendant une durée
d’acquisition totale T .

La modulation de la détection (active uniquement périodiquement pendant une durée
τdet) réduit la probabilité d’observer une coïncidence au sein de la même fenêtre de dé-
tection lorsque |τ | augmente. Dans la mesure où l’on se limite à |τ | < τdet, la probabilité
de coïncidence normalisée pc (|τ |, τdet) à τ , par rapport à la probabilité normalisée dans
le cas d’une fenêtre de détection tendant vers l’infini pc (|τ |, τdet →∞), est simplement
donnée par la portion de l’intervalle de détection où le premier photon détecté à t1 permet
d’observer un photon à t1 + |τ |, soit 0 < t1 < τdet − |τ |.

Ainsi, pc(|τ |,τdet)
pc(|τ |,τdet→∞) = 1− |τ |/τdet.

Cet effet est alors compensé sur les résultats expérimentaux en divisant les données
par cette fonction de probabilité de détection. Le résultat doit ensuite être normalisé afin
de supprimer la dépendance de la durée d’observation et de l’intervalle de discrétisation.
Lorsque le délai devient grand devant le temps caractéristique de la cohérence atomique,
les photons ne sont pas corrélés et g2 (|τ | � Γ) = 1, un facteur de normalisation est donc
ajusté afin de retrouver cette caractéristique.

La fonction de corrélation CNorm (τ) obtenue est alors la fonction de corrélation du
signal complet qui comprend une part de signal S et une part de bruit B, assez importante
ici à cause des diffusions résiduelles des faisceaux du PMO :

CNorm (τ) = 〈(S (t) +B (t)) (S (t+ τ) +B (t+ τ))〉
〈S (t) +B (t)〉2 (2.21)

Or la fonction que nous recherchons est l’auto-corrélation du signal :

g2 (τ) = 〈S (t)S (t+ τ)〉
〈S (t)〉2 (2.22)

En faisant l’hypothèse que le bruit est poissonien, donc sujet à aucune corrélation, et en
définissant la quantité :

A = 〈S (t) +B (t)〉2
〈S (t)〉2 = 〈S (t)〉2 + 2〈S (t)〉〈B (t)〉+ 〈B (t)〉2

〈S (t)〉2 (2.23)

3. Les résultats expérimentaux présentés dans cette section ont été obtenus en collaboration avec
Dominik Maxein, postdoctorant, et Romain Long, maître de conférence.
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2. Une source fibrée de photons uniques avec un atome de Rubidium

on démontre que [138] :
g2 (τ) = ACNorm (τ) + 1− A (2.24)

Les composantes de A qui sont les valeurs moyennes du signal et du bruit se déduisent
des histogrammes de fluorescence avec 〈S (t)〉 ' 8 kHz et 〈B (t)〉 ' 2 kHz. Les données
normalisées et corrigées sont représentées sur la figure 2.2.
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Figure 2.2 – Auto-corrélation normalisée et corrigée des photons de fluorescence (points).
Les courbes utilisent l’expression analytique de la solution des équations de Bloch optiques
à désaccord non nul δ = −2, 5Γ. La courbe rouge est un ajustement des données dont
la pulsation de Rabi est Ω ' 3, 6Γ. La courbe en pointillés bleus correspond à la courbe
attendue avec une pulsation de Rabi fluctuant uniformément sur ±1, 5Γ par rapport
à la valeur ajustée : un effet de brouillage apparaît lorsque |τ | augmente à cause des
fluctuations.

Les données montrent un dégroupement de photons caractéristique de l’émission d’un
atome unique sous excitation continue. L’ajustement par la solution analytique [139] 4

des équations de Bloch optiques pour un atome à deux niveaux est relativement correct
à faible délai mais le signal est amorti vers l’unité dans un temps bien plus rapide que
l’amortissement de la cohérence du dipôle due à l’émission spontanée. L’explication de ce
phénomène réside dans un effet de brouillage dû aux fluctuations de la pulsation de Rabi
qui est à l’origine des oscillations de la fonction d’auto-corrélation. Pour deux pulsations
différentes, les oscillations ont des fréquences différentes, et se retrouvent en opposition
de phase pour un délai donné et l’auto-corrélation se moyenne donc à 1 en ce point.
Ce brouillage est illustré par la courbe en pointillés qui est la courbe moyenne attendue
lorsque la fréquence d’oscillation fluctue uniformément dans un intervalle autour de la
valeur ajustée. Deux effets font fluctuer la pulsation de Rabi : les interférences au sein
du PMO modifient spatialement l’intensité et la polarisation perçue par l’atome sur des
distances caractéristiques inférieures à la taille du piège, et la diffusion dans les différents
états Zeeman modifie l’intensité de saturation des transitions.

4. L’expression de cette solution analytique étant assez imposante et trop obscure pour aider à la
compréhension de la forme de la courbe, je n’ai pas jugé utile de la noter ici. Le lecteur intéressé peut se
rapporter à la référence citée ou à la référence [138].

54



2.3. Génération de photons uniques avec la pince optique fibrée

2.3.2 Excitation pulsée

Pour obtenir une source de photons uniques à la demande, l’atome doit être amené
vers l’état excité au temps requis. Nous devons donc créer une série d’impulsions π pour
la transition F = 2 → F ′ = 3 qui doivent donc respecter la relation I = 2Isat

(
π
tπΓ

)2
.

Cependant il y a plusieurs contraintes qui fixent la forme des impulsions et de la série.
Tout d’abord, nous voulons éviter d’exciter le niveau F ′ = 2 qui est séparé de 267 MHz
de F ′ = 3 donc, comme la durée de l’impulsion entraîne un élargissement en fréquence
de l’ordre de ∆f ∼ 1/(2πtπ), nous devons prendre alors à priori prendre tπ � 0, 6 ns.
Une autre façon de résoudre le problème consiste à induire une transition σ+ de façon à
pomper rapidement l’atome vers le niveau F = 2,mF = 2 et utiliser la transition cyclante
vers le niveau F ′ = 3,m′F = 3 qui est alors la seule possible. Pour cela, nous appliquons
un champ magnétique de quantification de 4 Gauss sur l’axe du faisceau d’excitation de
polarisation circulaire. Par ailleurs, pour éviter d’exciter deux fois l’atome avec la même
impulsion, nous devons prendre une impulsion rapide devant le temps caractéristique
de désexcitation de l’atome d’où tπ � Γ−1 = 26 ns. Enfin, il faut attendre entre deux
excitations un temps t� Γ−1 pour être sûr que l’atome a émis un photon et est retourné
à l’état fondamental.

Afin d’obtenir des impulsions lumineuses de l’ordre de quelques nanosecondes, nous
utilisons principalement un modulateur électro-optique (EOM) fibré en amplitude : un
guide d’onde qui se sépare en deux bras pour former un interféromètre de Mach-Zender
(voir la figure 2.3a). L’EOM est injecté avec un faisceau laser généré par une diode avec une
cavité externe sur réseau qui est asservie sur la spectroscopie du rubidium. L’application
d’un champ électrique dans le cristal du guide d’onde crée un déphasage proportionnel au
champ électrique par effet Pockels. En utilisant un déphasage opposé entre les deux bras
de l’interféromètre, la transmission dépend donc sinusoïdalement de la tension appliquée
aux bords du cristal. Le déphasage à tension constante dérive lentement, sur des temps
supérieurs à la seconde, par des effets d’accumulation de charges sur le cristal du guide
d’onde. La transmission de l’EOM est donc asservie à la transmission nulle, en dehors des
périodes de génération d’impulsions. Le signal d’erreur de l’asservissement est obtenu par
la détection hétérodyne de la faible modulation de la transmission produite par une faible
modulation du voltage de l’EOM à une fréquence de 2 kHz.
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Figure 2.3 – Excitation pulsée. (a) : Dispositif expérimental. (b) : Impulsion lumineuse pro-
duite en réponse de l’impulsion électrique par l’EOM. (c) : Synchronisation des divers éléments
pendant la génération de photons uniques sur une période de pulsation du piège.
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2. Une source fibrée de photons uniques avec un atome de Rubidium

L’impulsion d’excitation lumineuse est contrôlée par le générateur d’impulsions élec-
triques dont le temps de montée/descente est de 2 ns. Le temps de montée/descente de
l’EOM est théoriquement de 0, 2 ns. Nous avons observé les impulsions produites par
l’EOM en utilisant une photodiode rapide. La figure 2.3b présente des impulsions d’en-
viron 4 ns. On remarque donc que ces impulsions ne sont pas carrées, limitées essen-
tiellement par le générateur d’impulsions. L’EOM permet ainsi d’obtenir des impulsions
lumineuses d’une puissance maximale de sortie de l’ordre de 6 mW avec un ratio d’ex-
tinction Pmax/Pmin ' 800.

Cependant cette extinction n’est pas suffisante car la fréquence de Rabi varie en
√
I

donc son rapport d’extinction n’est que d’environ 28 et l’atome va être excité par le champ
résiduel entre deux impulsions. Pour éviter ce problème nous avons rajouté après l’EOM,
un AOM en simple passage qui est utilisé comme modulateur d’amplitude supplémentaire
mais plus lent (20 ns de temps de montée ou descente). Pour assurer une extinction
totale entre les séries d’impulsions, nous avons installé un obturateur mécanique ayant
un temps de réponse de l’ordre de la milliseconde. Une fibre optique amène le laser sur
l’axe orthogonal à celui de la pince (cf. figure 1.7a) où il est focalisé à une largeur au col
de l’ordre de 50 µm, bien supérieure à la longueur de Rayleigh du piège dipolaire pour
obtenir une intensité homogène sur l’ensemble du piège. Entre les pertes dans l’AOM et
dans le couplage à la fibre, la puissance maximale que l’on peut obtenir sur l’atome est
de 3, 5 mW, l’ajustement de la puissance est contrôlé par l’AOM.

La figure 2.3c représente la séquence des activations des divers éléments synchronisés
pour la génération de photons uniques. La fréquence de pulsation du piège dipolaire a
été prise à 2 MHz afin d’avoir une fenêtre temporelle de détection, τdet ' 150 ns, bien
supérieure à 1/Γ ' 26 ns, i.e. l’extension temporelle des photons uniques. Après chaque
fin de période de piégeage (t = 0), la détection et l’AOM d’excitation sont activés à t = 25
ns. A t = 45 ns, nous appliquons l’impulsion sur l’EOM. La figure 2.4a montre l’évolution
des temps d’arrivées des photons par rapport au début d’une impulsion de longue durée.
Le taux d’émission des photons étant proportionnel à la population de l’état excité, on
observe l’oscillation de Rabi amortie par la décohérence du dipôle. En limitant la durée
de l’impulsion au temps du premier maximum 5, on obtient une impulsion proche d’une
impulsion π où la probabilité d’amener l’atome vers l’état excité à la fin du pulse est
optimale. Comme l’illustre la figure 2.4b, le taux d’émission de photons décroît alors
exponentiellement avec une constante de temps égale à la durée de vie de l’état excité.

5. En fait, l’optimisation prend en compte le temps de décroissance de l’intensité laser à fin de l’im-
pulsion de commande.
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Figure 2.4 – Détection cumulée de photons sous excitation déclenchée. (a) : Excitation déclen-
chée et continue jusqu’à la fin la période présentée : l’oscillation de Rabi amortie de la population
de l’état excité est détectée. (b) : Excitation par une impulsion π : l’atome est rapidement excité
et émet un photon avec une probabilité exponentielle. L’ajustement exponentiel donne une durée
de vie τΓ ' 28 ns.

2.3.3 Source à la demande

Pour la source à la demande, nous utilisons une impulsion π avec une durée de 3, 5 ns.
Le flux moyen de photons (et donc la détection de corrélations pour l’analyse) est amélioré
lors de la mise en place d’une séquence expérimentale alternant la phase de génération
de photons à la demande et la phase de refroidissement et chargement en présence du
PMO. En effet, la pression de radiation du faisceau d’excitation chauffe l’atome. Après
une série de 4000 impulsions d’excitation durant 2 ms, la probabilité d’avoir perdu l’atome
reste cependant assez faible car le gain d’énergie est un quart de la profondeur du piège
dipolaire. L’atome est alors refroidi et détecté dès le début de la phase de chargement et
la génération de photons uniques est activée à nouveau. Lorsque l’atome unique est perdu
la phase de chargement dure en moyenne 1 s avant le chargement d’un nouvel atome.
En moyenne, on obtient un taux de photons uniques collecté dans la fibre d’environ 170
photons/s. Pendant la phase de génération de photons uniques, ce taux est d’environ
13500 photons/s.

Afin de caractériser la source de photons uniques obtenue, nous mesurons les corréla-
tions de photons dont les résultats sont donnés sur la figure 2.5 sans suppression du bruit.
L’essentiel des corrélations est observé autour des délais τ = nτmod multiples du délai
τmod entre deux impulsions d’excitation (n 6= 0), soit la corrélation entre deux photons
émis par des impulsions d’excitation différentes. La probabilité d’obtenir une corrélation à
τ ∼ nτmod entre deux photons émis par des impulsions séparées de nτmod est donnée par la
multiplication des probabilités d’observer le premier photon sur le détecteur 1 et le second
photon sur le détecteur 2, soit ηcηd

2 p1 × ηcηd
2 p1 avec p1 la probabilité que l’atome émette

un photon par impulsion (devant laquelle on a négligé les probabilités d’avoir plusieurs
photons par impulsion), et le facteur 1/2 est dû à la séparatrice. Les corrélations autour
du délai nul correspondent à priori aux observations de coïncidence entre deux photons
émis avec la même impulsion d’excitation. En négligeant les impulsions à trois photons,
la probabilité d’observer une coïncidence autour du délai nul est donnée par η2

cη
2
d
p2
2 avec

p2 la probabilité que l’atome émette deux photons par impulsion et le facteur 1/2 est dû
au fait que sur les quatre possibilité de séparation des deux photons sur la séparatrice,
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seules les deux où les photons empruntent des voies différentes mènent à une coïncidence.
En notant a le nombre de coïncidences observées autour du délai nul et A le nombre de
coïncidences observées autour d’un délai τ = nT , on a alors a

A
= 2p2

p2
1
. Ceci nous permet de

déduire que, d’après les données expérimentales, la probabilité que l’atome émette deux
photons par impulsion est p2 ' 4, 5%. Cette estimation est une limite supérieure car elle
inclut l’effet des corrélations dues au bruit.

τ  (ns)

Corrélations

(a)

- 650 - 600 - 550 - 500 - 450 - 400 - 350
0.000

0.005

0.010

0.015

0.020

C
or

ré
la

tio
ns

τ  (ns)

(b)

- 150 - 100 - 50 0 50 100 150
0.0000

0.0005

0.0010

0.0015

C
or

ré
la

tio
ns

τ  (ns)

(c)

Figure 2.5 – Auto-corrélation temporelle (C en ns−1) des photons de la source à la demande
déclenchée toutes les 500 ns. Les points expérimentaux (en rouge) intègrent les corrélations sur
un intervalle de 8 ns. La courbe noire est la simulation correspondante avec les équations de
Bloch optiques incluant le bruit expérimental. Les données sont normalisée via la moyenne des
intégrales des pics à délai non nul. (b) : Agrandissement sur un pic de corrélation entre deux
photons successifs. (c) : Agrandissement sur le pic de corrélation autour du délai nul induit par
le bruit et la probabilité d’obtenir deux photons par excitation.

Pour décrire plus précisément les corrélations observées, il faut prendre en compte
l’effet du bruit et la forme réelle de l’impulsion d’excitation. La fonction de corrélation
d’après l’équation 2.19 est proportionnelle à l’intégrale :

g2 (τ) ∝
∫ +T/2

−T/2
pe (tr) pe (tr + τ |f@tr) dtr (2.25)

Pour les délais autour d’un délai τ = nτmod avec n 6= 0, comme τmod � 1/Γ, le processus
d’émission perd la mémoire du temps d’émission du premier photon car la probabilité que
l’atome soit encore dans l’état excité après τmod est négligeable, d’où :

pe (tr + τ |f@tr)
τ�1/Γ= pe (tr + τ) (2.26)
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Par le même argument de perte de mémoire, la fonction pe est la somme des émissions
indépendantes et identiques induites par l’impulsion d’excitation tous les τmod, soit :

pe (tr) =
∑
m

pe,0 (tr −mτmod) (2.27)

avec pe,0 la réponse de l’atome à l’excitation, avec l’origine du temps prise au début de la
fenêtre de détection. Le terme dans l’intégrale est alors une somme double qui se réduit
à une somme simple lorsque l’on se limite à l’étude autour d’un délai τ = nτmod qui
sélectionne les termes séparés par un tel délai. Avec un changement de variable sur tr, on
remarque que tous les termes sont identiques et le nombre de termes est proportionnel au
temps total d’intégration T . On a alors, pour nτmod− τdet < τ < nτmod + τdet avec n 6= 0 :

g2 (τ) ∝ C (τ = τ ′ + nτmod) =
∫ τdet

0
Γpe,0 (tr) Γpe,0 (tr + τ ′) [ϑ (tr + τ ′)− ϑ (tr + τ ′ − τdet)] dtr

(2.28)
où l’on a introduit la fonction de corrélation C définie à partir des taux d’émissions
Γpe. Les bornes d’intégration et le terme entre crochets (ϑ est la fonction de Heaviside)
sont dues aux fenêtres de détections commençant à t = 0 et t = nτmod contenant les deux
impulsions. L’expression est donnée via le délai relatif τ ′ qui élimine le délai entre les deux
impulsions d’excitation et souligne ainsi l’égalité des corrélations entre deux impulsions
différentes quel que soit leur délai. La fonction C est symétrique par rapport à nτmod, i.e.
paire en τ ′, 6 car la probabilité d’émettre un photon au début d’une première impulsion
et, dans une seconde impulsion, un photon créé relativement plus tard est évidemment
égale à celle où les temps d’émissions, relatifs au début de l’impulsion, sont inversés.

Dans le cas où l’impulsion π est infiniment courte devant le taux d’émission spontanée,
on a pe,0 (tr) = e−Γt, d’où C (τ = τ ′ + nτmod) ' Γ

2 e
−Γ|τ ′| où l’on voit l’intérêt de la défini-

tion de C qui donne une intégrale unité sur un pic de corrélation entre deux impulsions
différentes si τdet � Γ−1. 7 Pour simuler efficacement notre expérience, nous résolvons
numériquement les équations de Bloch optiques pour obtenir pe,0 avec la forme de l’im-
pulsion prenant en compte les temps de réponse de l’AOM et de l’EOM d’excitation, ainsi
que le ratio d’extinction de ce dernier. La forme des impulsions est approximée par une
combinaison d’exponentielles croissante et décroissante pour chaque modulateur.

Afin de prendre en compte le bruit dans nos mesures, il faut ajouter un taux de photons
fictifs émis uniformément b = B/ (ηcηd) avec B le taux de bruit détecté (' 120 coups/s
sur chacun des deux détecteurs). Les corrélations dues au bruit sont alors données par
les corrélations du bruit avec lui-même et du bruit avec le signal qui constitue l’effet
le plus important car le signal est bien plus important que le bruit. On a alors comme
contribution à tous les pics de corrélations :

Cb (τ = τ ′ + nτmod) =
∫ τdet

0

(
2bΓpe,0 (tr) + b2

)
[ϑ (tr + τ ′)− ϑ (tr + τ ′ − τdet)] dtr (2.29)

En ajoutant C et Cb et en moyennant sur l’intervalle expérimental d’intégration des
corrélations, on obtient un résultat qui ajuste bien les données normalisées à délai non
nul, comme l’illustre la figure 2.5b.

6. Pour s’en assurer il suffit de faire la transformation τ ′ → −τ ′ puis de faire un changement de
variable d’intégration et d’inverser les délimitations imposées par les fenêtres de détection sur les bornes
d’intégration et les fonctions de Heavyside.

7. Ici, techniquement, il faut aussi que τdet � |τ ′| pour l’expression de C ; cependant, la condition
disparaît lors de l’intégration.

59



2. Une source fibrée de photons uniques avec un atome de Rubidium

L’intégrale de Cb nous permet aussi de corriger la valeur expérimentale de la probabilité
d’obtenir deux photons par impulsion à p2 ' 3%. Le calcul théorique de la contribution
de l’émission de deux photons au pic à délai nul est par ailleurs donné par :

C0 (τ) =
∫ τdet

0
Γpe,0 (tr) Γpe,0 (tr + τ |f@tr) [ϑ (tr + τ ′)− ϑ (tr + τ ′ − τdet)] dtr (2.30)

Les fonctions pe,0 (t|f@tr) qui constituent la probabilité d’être dans l’état excité à t après
un saut quantique vers l’état fondamental à tr sont alors calculées numériquement pour 0 <
tr < τdet (via une discrétisation de l’ensemble). Le résultat, additionné de la contribution
du bruit et moyenné sur l’intervalle d’intégration des points expérimentaux, est présenté
sur la figure 2.5c. Comme les coïncidences sont bien moins nombreuses (83 photons pour
l’ensemble du pic), les données sont beaucoup plus bruitées par la statistique poissonienne
de la détection dans un intervalle d’intégration. Le calcul nous permet par ailleurs de
déterminer la contribution due à l’extinction imparfaite de l’EOM du taux d’émission de
deux photons. Ce dernier serait ainsi réduit à 2% avec un EOM d’extinction idéale, ou
expérimentalement en utilisant deux EOMs en série.

Conclusion
Nous avons ainsi démontré une source de photons uniques qui, malgré son faible flux,

doit produire des photons avec une excellente indiscernabilité. En effet, le mode spatial des
photons est très bien défini par le mode de la fibre. De plus, l’excitation et l’émission des
photons se fait dans l’espace libre, ce qui évite l’élargissement spectral dû à la variation du
déplacement lumineux avec l’oscillation de l’atome dans un piège dipolaire. Par ailleurs,
cette source produit des photons résonants pour le 87Rb, elle est donc une solution de choix
pour certaines propositions d’expériences nécessitant des photons uniques. Par exemple,
la référence [140] propose un schéma d’intrication probabiliste de deux atomes couplés à
une cavité optique via la réflexion de photons uniques sur la cavité.
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Chapitre 3
Piégeage d’une chaîne d’atomes

uniques dans une cavité

Les résultats présentés précédemment montrent une voie vers la réalisation d’états in-
triqués de la matière via l’interaction entre atomes uniques portée par des photons uniques.
La création et la caractérisation d’états intriqués est un élément central des recherches
menées dans les diverses implémentations expérimentales du large domaine d’étude des
dynamiques quantiques. Dans la suite de cette thèse, nous nous intéressons à ce domaine
de création et détection d’intrication dans un système de particules multiples couplées
et adressables individuellement, avec la construction d’une nouvelle expérience, où des
atomes de Rubidium uniques et adressables sont couplés via le champ électromagnétique
d’une cavité optique.

Les systèmes constitués de multiples particules détectables et adressables individuel-
lement sont très intéressants du point de vue expérimental car ils permettent de créer
et d’observer une intrication collective avec la résolution du qubit. Ces recherches sont
en particulier motivées par l’implémentation de calculs quantiques et la réalisation de
simulations quantiques. Il existe plusieurs types de systèmes pouvant réaliser de telles
opérations :

- Les chaînes d’ions piégés ont été les premières réalisations de manipulations quan-
tiques en utilisant les phonons comme voie d’interaction [49, 50]. Cependant, le nombre
d’ions piégés dans une chaîne reste limité à l’ordre de la dizaine et le chauffage résiduel
réduit les possibilités d’utiliser un grand nombre de particules. 1

- Les expériences de gaz quantiques dégénérés dans des réseaux bidimensionnels peuvent
produire des systèmes d’atomes couplés et adressables en incluant des dispositifs d’ima-
gerie à haute résolution [51]. Ce champ de recherche se développe de plus en plus mais
les techniques pour coupler les atomes sont limitées aux interactions entre voisins via des
champs laser complexes à réaliser.

- Enfin, l’électrodynamique quantique en cavité constitue un voie de choix pour la
réalisation d’une interaction collective d’un ensemble de particules adressables.

En effet, l’utilisation d’une cavité optique confinant les photons dans un volume réduit
permet de coupler efficacement un photon unique à un ensemble d’atomes et même à un
atome unique. Un photon confiné dans le mode de la cavité interagit alors avec l’ensemble
des atomes couplés au mode. L’indifférenciation de l’interaction pour les atomes permet

1. Une expérience récente utilisant un piégeage à deux dimensions a cependant produit un système de
300 ions simulant un hamiltonien d’interaction de Ising [141].
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3. Piégeage d’une chaîne d’atomes uniques dans une cavité

alors d’effectuer des opérations via le champ de la cavité sur la base des état collectifs de
l’ensemble atomique. De plus, il convient de noter que l’interaction via le champ de cavité
est à longue portée sur l’ensemble des atomes dans la cavité. L’électrodynamique quan-
tique en cavité constitue ainsi un outil pour la réalisation d’états intriqués d’ensembles
atomiques au sein d’une même cavité. Par exemple, des états comprimés du spin total
de l’ensemble atomique, utiles pour repousser la limite du bruit de projection pour la
métrologie, ont ainsi été produits dans une cavité optique [40] ; et, les systèmes de qubits
supraconducteurs couplés dans des cavités micro-ondes [34] permettent d’effectuer des
portes logiques quantiques avec une très haute fidélité [142].

Un des puissants atouts de l’électrodynamique quantique cavité est sa capacité à four-
nir aussi une détection de l’état quantique de l’ensemble d’atomes. Notre équipe a en
particulier développé cette dimension en réalisant des tomographies de l’état quantique
de l’ensemble atomique [41]. Cette détection collective est aussi très intéressante pour la
création d’états dont la distribution de spin est non-gaussienne en utilisant la projection
de la mesure quantique [41, 42]. Elle permet même de réaliser des états intriqués par l’effet
Zénon quantique [44, 143].

Par ailleurs, la plupart des expériences d’électrodynamique quantique en cavité avec
des ensembles atomiques ne permettent pas de différencier les atomes. Seules deux ex-
périences 2 sont capables utiliser deux atomes ou deux ions discernables également et
fortement couplés à une cavité optique [46, 47]. Les systèmes de particules discernables
couplés par une cavité optique constituent donc un champ encore quasiment inexploré de
recherche expérimentale.

Afin de combiner les techniques de création et de détection d’états quantiques en
cavité précédemment développées dans notre groupe avec les capacités d’un système
d’atomes uniques adressables, nous proposons une nouvelle expérience où une chaîne
d’atomes uniques, obtenus via les pertes à deux corps dans un piège dipolaire comme
dans l’expérience de pince optique fibrée, est couplée au champ électromagnétique d’une
cavité optique. Pour obtenir un tel système, nous avons décidé de combiner une cavité
Fabry-Pérot fibrée, qui offre des excellentes compacité et stabilité ainsi qu’un bon accès
optique, avec une lentille de forte ouverture numérique pour imager et adresser indivi-
duellement les atomes uniques. Ces derniers seront optimalement couplés aux photons
résonants confinés dans la cavité grâce un réseau de sites de piégeage dipolaire aligné avec
l’axe de la cavité.

Ce chapitre présente dans un premier temps les concepts théoriques du confinement
d’une onde électromagnétique dans un résonateur optique et du couplage de celui-ci
avec un atome, puis plusieurs atomes. Nous introduisons alors le principe de la tomo-
graphie d’états quantiques et nous discutons des possibilités offertes par des transitions
Raman-cavité. Dans une seconde partie, nous abordons le principe de l’expérience, dont
la construction sera discutée dans les chapitres suivants, qui vise à piéger une chaîne
d’atomes uniques également et fortement couplés à une cavité optique. Le choix d’une
cavité Fabry-Pérot fibrée pour obtenir un tel système est alors discuté ainsi que les pos-
sibilités offertes par l’inclusion d’un dispositif d’imagerie pouvant résoudre les sites de
piégeage. La dernière partie de ce chapitre est dédiée aux considérations déterminant

2. Les expériences rapportées dans la référence [39] sont aussi capables de charger quelques atomes
dans une cavité optique avec un couplage fort mais aucun résultat n’a été encore publié.
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3.1. Champ électromagnétique et couplage à des atomes en cavité

les choix des paramètres pour le résonateur qui influent sur le couplage et les modes de
polarisation.

3.1 Champ électromagnétique et couplage à des
atomes en cavité

Le principe fondamental d’une cavité est de forcer la lumière à suivre un circuit fermé
par des réflexions multiples. La cavité est l’élément de base permettant la réalisation d’un
maser [144] ou laser [3]. Il existe plusieurs techniques pour obtenir un résonateur. Le type
le plus simple est la cavité Fabry-Pérot linéaire [145] qui place deux miroirs face à face et
dont le principe est détaillé par la suite. Des structures plus complexes impliquant trois
ou quatre miroirs sont par ailleurs assez fréquemment utilisées car elles permettent des
cavités sans ondes stationnaires et dont les modes d’entrée et de sortie sont spatialement
séparés. Des cavités peuvent aussi être obtenues par réflexion totale interne dans des
micro-billes ou micro-tores de solides dont les modes sont appelés modes de galerie et ont
des volumes faibles [146]. Les cristaux photoniques, réseaux de diélectriques, permettent
aussi de confiner le champ électromagnétique dans un volume très réduit [147]. Ces deux
derniers types de cavités constituent un champ très actif de la recherche en particulier
à cause de leur facteur de qualité très élevé, ayant comme application la réalisation de
lasers à seuils très bas.

3.1.1 Confinement de photons dans un résonateur Fabry-Pérot
Le confinement de photons dans un résonateur Fabry-Pérot s’effectue grâce aux modes

propres de celui-ci. Afin de décrire ces modes, nous introduisons tout d’abord la décom-
position d’un rayonnement électromagnétique monochromatique en modes de Hermite-
Gauss.

Modes de Hermite-Gauss :

L’équation de propagation d’une onde électromagnétique de pulsation ω dans un milieu
diélectrique homogène isotrope s’écrit pour le champ électrique complexe :(

∇2 + k2
)

E = 0 avec ∇.E = 0 (3.1)

où k2 = εr
ω2

c2
est le nombre d’onde complexe, εr est la permittivité diélectrique relative

complexe du milieu, reliée à l’indice complexe par n2 = εr et c est la vitesse de la lumière
dans le vide. Il existe différentes bases de solutions à cette équation. Les ondes planes
progressives et l’expansion multipolaire en harmoniques sphériques en sont deux exemples.
Cependant, ces modes ont une extension spatiale infinie impropre à la description simple
de la propagation d’un faisceau laser. Une solution à extension spatiale finie dans le plan
orthogonal à l’axe principal z de propagation peut être trouvée en supposant que le champ
s’écrit sous la forme :

E (x, y, z) = E0u (x, y, z) e−ikzep (3.2)

où u est une fonction quelconque adimensionnée représentant la variation du champ par
rapport à une amplitude complexe de référence E0, le sens de propagation sur l’axe optique
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est pris vers les z positifs et ep est le vecteur de polarisation (orthogonal à z). L’équation
à laquelle obéit u devient alors :

∂2u

∂x2 + ∂2u

∂y2 − 2ik∂u
∂z

= 0 (3.3)

dans l’approximation paraxiale qui considère que les variations de u avec z sont faibles
devant les variations transverses et devant la longueur d’onde dans le milieu λ = 2π/k
afin de pouvoir négliger le terme ∂2u

∂z2 devant les deux premiers et le dernier respectivement
dans l’équation précédente. La décomposition de u selon un produit de fonctions dont l’une
contient la dépendance en x et l’autre celle en y permet de trouver un ensemble de solutions
qui sont appelées modes transverses électromagnétiques (TEM) de Hermite-Gauss [4] :

Em,n (x, y, z) = E0um (x, z)un (y, z) e−ikzep (3.4)

où les fonctions de variation transverse uj (l, z) avec (j, l) = (m,x) ou (n, y) s’écrivent :

uj (l, z) =
√ 2

π

1
2jj!wl (z)

 1
2

Hj

( √
2l

wl (z)

)
e
− l2
wl(z)2 e

−i kl2
2Rl(z) eiζj,l(z) (3.5)

où Hj (X) = (−1)jeX2
(

dj
dXj e

−X2
)
est le jième polynôme de Hermite. Les paramètres géo-

métriques du mode, selon la direction transverse l = x ou y, sont définis par rapport à la
largeur w0,l et à la position z0,l du col du faisceau et évoluent selon la position sur l’axe :

- la largeur transverse du faisceau est donnée par :

wl (z) = w0,l

√√√√1 +
(
z − z0,l

zR,l

)2

(3.6)

- le rayon de courbure (RDC) du front d’onde vaut :

Rl (z) = (z − z0,l)
1 +

(
zR,l

z − z0,l

)2
 (3.7)

- la phase de Gouy du mode vaut :

ζj,l (z) =
(
j + 1

2

)
arctan

(
z − z0,l

zR,l

)
(3.8)

où zR,l = πw2
0,l
λ

est la longueur de Rayleigh qui caractérise la distance sur laquelle les
paramètres géométriques changent sensiblement. A z � zR,l, le faisceau évolue de façon
conique caractérisée par un angle de divergence θl donné par tan θl = λ

πw0,l
Les largeurs

transverses du faisceau aux cols et leur positions sur l’axe définissent donc un choix
d’ensemble de modes TEMmn.

Par ailleurs, les fonctions uj vérifient la condition d’orthonormalité :

∀z
∫ +∞

−∞
dluj (l, z)u∗j′ (l, z) = δjj′ (3.9)

Elles définissent par conséquent une base dans laquelle un faisceau paraxial arbitraire
peut être développé sous la forme :

Em,n (x, y, z) =
∑
n

∑
m

Em,num (x, z)un (y, z) e−ikzep (3.10)
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où Em,n est l’amplitude complexe de référence du mode TEMm,n. Les solutions pour un
faisceau se propageant vers les z négatifs se déduisent en prenant k → −k, ce qui a pour
effet de changer le signe de la phase de Gouy car zR est linéaire en k et la fonction arc
tangente est impaire.

Le mode transverse fondamental TEM0,0 est appelé faisceau gaussien. Lorsqu’un fais-
ceau laser est issu d’une fibre optique monomode (comme dans l’expérience de pince
optique ou dans les cavités fibrées considérées par la suite), il a été filtré spatialement
par le seul mode capable de se propager dans la fibre. Le mode transverse sortant a un
excellent recouvrement avec le mode gaussien, i.e. les modes d’ordres supérieurs sont né-
gligeables, dans une décomposition sur une base à symétrie cylindrique où le col est pris
sur la face de sortie de la fibre et sa largeur w0 est choisie judicieusement par rapport aux
paramètres de la fibre [30].

La validité de l’approximation paraxiale peut être vérifiée pour le mode gaussien en
calculant le ratio du terme négligé dans l’équation de propagation par rapport aux autres
termes, on aboutit alors à [148] :

∂2u/∂z2

2k∂u/∂z ∼ 2∂
2u/∂z2

∂2u/∂x2 ∼ 2∂
2u/∂z2

∂2u/∂y2 ∼
2

k2w2
0

= λ2

2π2w2
0

= 1
2 tan2 θ

(3.11)

d’où l’on déduit que l’approximation paraxiale est valable tant que la largeur du faisceau
au col est supérieure à la longueur d’onde, i.e. l’angle de divergence du faisceau est faible.
Ce résultat souligne le lien avec l’approximation de Fresnel qui consiste à considérer les
ondes sphériques approximées par des paraboles autour de l’axe optique pour le calcul de
l’intégrale de Huygens [4].

Un des grand intérêts de cette description en mode gaussien réside dans la possibilité
de calculer la propagation dans un système optique via la matrice ABCD du système
[129]. En introduisant le paramètre complexe du faisceau q = izR + z − z0, que l’on peut
exprimer sous la forme 1

q
= 1

R(z) − i λ
πw(z)2 , on montre que celui-ci transformé par les

matrices ABCD d’évolution des rayons de l’optique géométrique selon q′ = Aq+B
Cq+D où q et

q′ sont respectivement les paramètres complexes à l’entrée et à la sortie du système.

Modes propres transverses d’un résonateur Fabry-Pérot :

Considérons deux miroirs sphériques concaves se faisant face dont les axes optiques
sont alignés, cf. figure 3.1. Les modes propres du champ électromagnétique sont ceux dont
la forme et la phase sont maintenues après un aller-retour dans la cavité.

On suppose que l’approximation paraxiale est respectée car dans les résonateurs que
nous utilisons la divergence du faisceau est faible. On considère un mode de Hermite-Gauss
dont les fronts d’ondes à la position des miroirs épousent la forme de ces derniers, soit
R (z1) = −R1 etR (z2) = R2 avecR1 etR2 les rayons de courbures des miroirs. Le mode est
alors réfléchi avec exactement la même forme sur chaque miroir et constitue donc un mode
propre de la cavité. Les deux conditions précédentes et la condition L = z2−z1 permettent
de déduire la longueur de Rayleigh en fonction de g1 ≡ 1−L/R1 et g2 ≡ 1−L/R2 comme
[4] :

z2
R = g1g2(1− g1g2)

(g1 + g2 − 2g1g2)2L
2 (3.12)

Cette formulation montre que la longueur de Rayleigh des modes propres ne dépend que
des propriétés géométriques du miroir et en particulier elle est indépendante de la longueur
d’onde. On déduit directement de la formule la condition de stabilité du résonateur 0 <
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z

0

z1 z2
w0

R1
R2

Miroir 1 Miroir 2

L = z2 - z1

w(z)

Figure 3.1 – Schéma de principe d’un résonateur Fabry-Pérot : deux miroirs de rayons de
courbure R1 et R2 confinent des modes du champ électromagnétique dont l’enveloppe du mode
transverse fondamental est représentée.

g1g2 < 1 qui caractérise la capacité du système de miroirs à re-focaliser à l’infini la
divergence naturelle des modes de Hermite-Gauss par les réflexions successives.

Le champ électrique est maximal à la position du col du mode. Ainsi, l’interaction
avec un atome est optimisée à cette position. Comme nous le verrons par la suite, pour
des raisons expérimentales il est important de placer les atomes à proximité du centre
de la cavité. Nous considérons donc dans la suite les cavités symétriques (pour lesquelles
R1 = R2) dont le col du mode se situe au centre de la cavité. Par ailleurs, nous ne nous
limiterons pas au cas des modes à symétrie cylindrique, en supposant que les deux miroirs
sont des paraboloïdes 3 elliptiques dont les rayons de courbure selon les deux axes propres
sont alignés avec les axes x et y des modes TEM et sont notés Rx et Ry. On obtient alors
pour l’axe l = x ou y :

zR,l = 1
2
√
L (2Rl − L) (3.13)

d′où w0,l =
√
λ

2π (L (2Rl − L))
1
4 (3.14)

Modes propres longitudinaux d’un résonateur Fabry-Pérot :

Pour un mode TEMmn donné, la condition de conservation de la phase pour un aller-
retour dans la cavité définit les fréquences optiques de résonance νq,m,n. En considérant
la phase accumulée le long de l’axe optique 4, la condition s’écrit :

2πq = 2π2L
c
νq,m,n − 2φM − 4(m+ 1

2)φG (L,Rx)− 4(n+ 1
2)φG (L,Ry) (3.15)

avec q un entier, φM est la phase lors de la réflexion sur un miroir 5 et φG est la phase de
Gouy du mode transverse fondamental d’une cavité symétrique à miroirs circulaires de
rayon de courbure Rl :

φG (L,Rl) = arctan
(

L/2
zR,l (L,Rl)

)
= arctan

(√
L

2Rl − L

)
(3.16)

3. Dans l’approximation paraxiale les miroirs sphériques et paraboliques sont équivalents.
4. Par définition du front d’onde, c’est la même condition pour n’importe quelle ligne du champ de

Poynting.
5. Le coefficient de réflexion est r = |r| eiφM .
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Dans le cas de miroirs parfaits, la phase à la réflexion est π et la fréquence du mode
s’écrit donc :

νq,m,n = c

2L

(
q + 1 + (2m+ 1)φG (L,Rx)

π
+ (2n+ 1)φG (L,Ry)

π

)
(3.17)

Les modes longitudinaux sont donc séparés en fréquence par l’intervalle spectral libre
νISL = c

2L et q − 1 est le nombre de demi arches du champ dans la cavité : pour q − 1
pair il y a un noeud du champ au centre de la cavité, pour q − 1 impair la symétrie
impose au contraire un ventre. Les modes transverses sont a priori séparés en fréquence si
l’on excepte les dégénérescences fortuites entre deux modes de composante longitudinale
différente. Si les miroirs sont circulaires, les modes de m+ n égaux sont dégénérés. Deux
cas particuliers permettent d’obtenir une forte dégénérescence des modes : dans la cavité
confocale cylindrique où Rx = Ry = L, les modes sont dégénérés selon deux classes
correspondant à la parité de m + n ; et, dans la cavité concentrique où Rx = Ry = L/2
les modes sont entièrement dégénérés mais ce type de cavité est à la limite du domaine
de stabilité.

Mode propre gaussien d’un résonateur Fabry-Pérot :

Le mode qui nous intéresse particulièrement par la suite est le mode transverse fon-
damental (mode gaussien) car il possède le plus faible volume et il offre le meilleur recou-
vrement avec un faisceau laser gaussien. En prenant en compte l’addition des deux ondes
se propageant dans un sens et l’autre de l’axe optique qui forment une onde stationnaire,
l’amplitude complexe du champ électrique du mode gaussien s’écrit :

Eq,0,0 (x, y, z) = E0epu
(q,0,0)
max (x, y, z)

= E0ep

√
wx,0wy,0

wx (z)wy (z)e
− x2
wx(z)2

− y2

wy(z)2

× cos
[
k
(
z − L

2

)
+ kx2

2Rx (z) + ky2

2Ry (z) −
1
2

(
arctan

(
z

zR,x

)
− φG (L,Rx)

)

− 1
2

(
arctan

(
z

zR,y

)
− φG (L,Ry)

)
+ φM

2
]

(3.18)

où ep est le vecteur de polarisation, l’origine de l’axe z est prise au col, i.e. au centre de
la cavité, et k = 2πνq,0,0

c
. E0 est le champ sur l’axe au col, i.e. le champ maximal, et u(q,0,0)

max
décrit la variation spatiale du champ par rapport au maximum.

Champ d’un photon :

La quantification du champ électromagnétique dans un milieu diélectrique linéaire
homogène transparent non magnétique mène à l’écriture de l’opérateur champ électrique
[149] :

Ê (r) =
∑
j

Ê
(j) (r) =

∑
j

Ej
(
u

(j)
0 (r) âj + u

(j)∗
0 (r) â†j

)
(3.19)

où Ej est l’amplitude du champ à un photon et u
(j)
0 est la dépendance spatiale norma-

lisée du mode 6 qui inclut la polarisation et, âj et â†j sont respectivement les opérateurs
6. Les fonctions vérifient la condition d’orthonormalité :

∫
u

(j)
0 (r) u

(l)∗
0 (r) d3r = δjl .
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3. Piégeage d’une chaîne d’atomes uniques dans une cavité

annihilation et création d’un photon dans ce mode. L’opérateur se décompose selon ses
composante à fréquences positives Ê

(+) et négatives Ê
(−) :

Ê = Ê
(+) + Ê

(−) avec Ê
(+) =

∑
j

Eju(j)
0 (r) âj et Ê

(−) = Ê
(+)† (3.20)

Le hamiltonien d’un mode du champ électromagnétique s’écrit :

Ĥem,j = ε0

∫
ε(j)r (r) Ê

(j) (r)2 d3r = ~ωj
(
â†j âj + 1

2

)
(3.21)

En considérant l’énergie d’un photon 〈1|Ĥem,j|1〉 = ~ωj(1 + 1/2), on déduit l’amplitude
du champ à un photon :

Ej =
√√√√√ ~ωj

2ε0
∫
ε(j)r (r)

∣∣∣u(j)
0 (r)

∣∣∣2 d3r
(3.22)

Le champ maximal du mode, qui traduit le couplage maximal que l’on peut obtenir, se
déduit en prenant Emax

j = Ej ×maxr

(∣∣∣u(j)
0 (r)

∣∣∣), on aboutit alors à :

Emax
j =

√√√√ ~ωj
2ε0Vj

avec Vj =
∫
ε(j)r (r)

∣∣∣u(j)
0 (r)

∣∣∣2
maxr

(∣∣∣u(j)
0 (r)

∣∣∣2)d3r (3.23)

où l’on a introduit le volume du mode Vj.
Dans la cavité, les seuls modes qui ont un champ important sont les modes de la cavité

car ils sont confinés dans le volume de la cavité. Dans le cas d’un mode gaussien confiné
entre deux miroir parfaits, le volume du mode peut être calculé à partir de l’équation 3.18
en négligeant la variation transverse de la phase 7 comme :

V ' π

4w
2
0L = λ

8
√

(2R− L)L 3
2 (3.24)

Pertes d’une cavité réelle :

En pratique, les miroirs de la cavité ne sont pas parfaits et le champ électrique décroît
au cours du temps de façon exponentielle avec une constante de temps 1/κ, et l’énergie
décroît deux fois plus rapidement. Cette décroissance est due aux pertes totales en énergie
du résonateur Ltot par tour dans la cavité qui s’effectue en un temps c/2L. En optique
classique, la qualité du résonateur est décrite par sa finesse F qui est le rapport entre la
pulsation caractéristique d’un aller-retour et le taux de décroissance en énergie du champ.
On obtient donc :

κ = c

2L
Ltot

2 = νISL
Ltot

2 et F = πνISL

κ
= 2π
Ltot

(3.25)

L’intérêt de la considération de la finesse réside dans le fait qu’elle ne dépend normalement
que des propriétés des miroirs et est indépendante de la longueur de la cavité. Ce n’est
pas le cas du facteur de qualité Q = πν/κ = Fν/νISL, usuellement défini en mécanique

7. Cette approximation est du même ordre que l’approximation paraxiale qui est bien vérifiée pour
nos cavités.
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3.1. Champ électromagnétique et couplage à des atomes en cavité

classique et utilisé pour les polaritons excitoniques dans les micro-cavités dont la longueur
n’est pas ajustable. La finesse est proportionnelle au nombre moyen de tours dans la cavité
pour un photon ou une impulsion lumineuse classique. Dans cette vision, l’interaction entre
la lumière et la matière à l’intérieur de la cavité peut être vue comme une multiplication
effective de la densité optique par le nombre de passages de l’impulsion lumineuse dans
la matière. Pour une cavité dont les deux miroirs ont les mêmes propriétés, la finesse se
ramène à F = π

T +L où les pertes totales par miroir sont séparées en deux contributions
dont l’une est la transmission T et l’autre contient les pertes L de différentes natures qui
seront discutées dans la section 4.1.1.

3.1.2 Couplage d’un atome à un mode de cavité
L’opérateur champ peut être décomposé comme Ê = Êext + Êcav avec le second terme

qui contient uniquement les modes de la cavité. Le hamiltonien d’interaction entièrement
quantifié est alors l’addition du hamiltonien de l’interaction avec la cavité et du hamilto-
nien de l’interaction avec les modes de l’espace libre :

Ĥem = Ĥext + Ĥcav avec Ĥext = −d̂.Êext (rat) et Ĥcav = −d̂.Êcav (rat) (3.26)

où rat est la position de l’atome et où l’on a considéré que la taille de l’atome est négligeable
devant les longueurs caractéristiques du problème donc en particulier devant les longueurs
d’onde des rayonnements avec lesquels il interagit.

Hamiltonien de Rabi :

Nous considérons d’abord uniquement l’effet d’interaction avec la cavité qui doit gou-
verner l’évolution si le confinement du champ est suffisant. L’interaction avec les modes
de la cavité n’est importante que lorsque la fréquence d’un photon est proche de celle de la
transition atomique. Nous nous limitons donc à considérer un mode de pulsation ωc ' ωat.
Cette approximation est bien vérifiée pour les modes longitudinaux et transverses dont la
fréquence est gouvernée par l’intervalle spectral libre νISL ∼ 1 THz dans nos expériences,
à comparer avec la largeur naturelle Γ/2π ' 6 MHz pour les transitions du Rubidium qui
nous intéressent.

Le hamiltonien d’interaction avec un atome à deux niveaux s’écrit alors :

Ĥint,R = −
(
dfeσ̂+ + d∗feσ̂−

)
.Ec

(
u

(c)
0 (rat) â+ u

(c)∗
0 (rat) â†

)
(3.27)

En ajoutant à ce hamiltonien les hamiltoniens des systèmes séparés, i.e. le hamiltonien
de l’atome Ĥat = ~ωatσ̂+σ̂− et le hamiltonien du mode de la cavité Ĥc = ~ωcâ

†â, on aboutit
alors au hamiltonien total du système, parfois appelé hamiltonien de Rabi :

ĤR = ~ωatσ̂+σ̂− + ~ωcâ
†â−

(
dfeσ̂+ + d∗feσ̂−

)
.Ec

(
u

(c)
0 (rat) â+ u

(c)∗
0 (rat) â†

)
(3.28)

Hamiltonien de Jaynes-Cummings :

L’approximation de l’onde tournante consiste à négliger les termes en σ̂+â
† et σ̂−â

qui ne sont pas résonants car ils correspondent à une double excitation et une double
désexcitation du champ et de l’atome qui ne conservent pas l’énergie. On obtient alors le
hamiltonien d’interaction de Jaynes-Cummings [149] :

Ĥint,JC = ~g (rat)
(
σ̂−â

† + σ̂+â
)

(3.29)
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3. Piégeage d’une chaîne d’atomes uniques dans une cavité

où l’on a introduit le couplage atome cavité :

g (rat) = −dfe.Ecu
(c)
0 (rat)
~

= gmaxu
(q,0,0)
max (rat) (3.30)

avec la deuxième expression qui utilise la variation du mode gaussien de l’équation 3.18.
Le couplage est la moitié de la pulsation de Rabi du champ d’un photon. Le couplage
maximal gmax = −dfe.epEmax

c /~ peut être choisi réel positif au centre de la cavité avec
une redéfinition pertinente de la phase globale de Emax

q,0,0. Il dépend du produit scalaire
entre le dipôle et le vecteur de polarisation qui sélectionne les transitions possibles dans
la base de quantification des états internes de l’atome. Le couplage maximal que l’on peut
atteindre avec le bon choix de polarisation est donné par la valeur absolue d de l’élément
dipolaire de la transition, en utilisant l’équation 3.23 :

gmax =
√

d2ωj
2~ε0V

=
√

3λ2cγ

4πV (3.31)

où γ = Γ/2 est la demi-largeur naturelle de la transition et la deuxième expression vaut
pour un atome dont le niveau excité ne peut se désexciter que vers un seul état fonda-
mental, ce qui est vérifié pour un atome idéal à deux niveaux ou une transition cyclante.
Le couplage maximum pour d’autres transitions est relié à celui-ci par les coefficients de
Clebsch-Gordan.

Le hamiltonien de Jaynes-Cummings s’écrit finalement comme :

ĤJC = ~ωatσ̂+σ̂− + ~ωcâ
†â+ ~g (rat)

(
σ̂−â

† + σ̂+â
)

(3.32)

où l’on a soustrait l’énergie du vide par un choix d’origine de l’énergie. Ce hamiltonien est
l’élément de base de l’électrodynamique quantique en cavité car il décrit l’échange cohérent
de l’énergie entre la matière et la lumière, via les processus d’absorption-excitation σ̂+â et
d’émission-désexcitation σ̂−â†. Ce hamiltonien est valable pour l’ensemble des fréquences
des modes du champ électromagnétique, il décrit en particulier les expériences avec des
cavités optiques, comme notre système expérimental, ainsi que les expériences dans le
domaine des micro-ondes. Ces dernières ont été les premières réalisations expérimentales
capables d’observer les effets de l’interaction à l’échelle de particules uniques [31]. Le long
temps de vie des photons dans les cavités micro-ondes permet aujourd’hui de manipuler
l’état quantique du champ de la cavité avec quelques photons [150] grâce à une mesure non
destructive via l’interaction avec des atomes traversant la cavité [151]. Le hamiltonien de
Jaynes-Cummings décrit aussi les systèmes d’électrodynamique quantique en cavité dont
le hamiltonien de la matière peut s’approximer par celui d’un atome à deux niveaux. Des
réalisations expérimentales avec des systèmes très divers ont été produites, en particulier
dans le domaine des émetteurs “solides” avec les qubits supraconducteurs pour le domaine
micro-onde [34] et les boîtes quantiques pour le domaine optique [35].

Le hamiltonien de Jaynes-Cummings est diagonalisable (voir l’annexe B) et les énergies
propres du système couplé atome-cavité sont représentées à résonance sur la figure 3.2a,
et autour de la résonance dans le sous-espace à une excitation sur la figure 3.2b.
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Figure 3.2 – Hamiltionien de Jayne-Cummings. (a) : États des sous-systèmes (atome et champ
de la cavité) et du système couplé à résonance (ωc = ωat) . (b) : Fréquences propres du système
couplé à une excitation en fonction du désaccord de la cavité par rapport à la résonance atomique.
Les courbes pointillées représentent les énergies de l’atome et du photon pris indépendamment.

Généralisation au système ouvert :

g

γ

κ

η

Ω

Figure 3.3 – Schéma de principe d’un atome couplé à une cavité avec la constante g. L’atome se
couple aussi aux modes électromagnétiques de l’espace libre avec une constante de décroissance
exponentielle γ. Le mode de la cavité décroît par la transmission des miroirs et les pertes avec
une constante κ. L’injection d’un mode cohérent du champ dans la cavité est représentée par le
paramètre η. Le couplage de l’atome à un champ extérieur est caractérisé par sa pulsation de
Rabi Ω.

La description hamiltonienne de Jaynes-Cummings du système ne prend pas en compte
le couplage de l’atome aux autres modes du champ que celui considéré pour la cavité
Ĥext et les couplages des modes de la cavité aux modes de propagation depuis le miroir
dus à sa transmission 8. Ces processus sont à l’origine de la décohérence du système. La
description générale du système ouvert passe donc par l’utilisation de sa matrice densité
ρ̂. Son évolution est donnée par l’équation pilote qui s’écrit sous la forme de Lindbald
en supposant un couplage linéaire du système ouvert avec l’environnement dont le temps

8. Nous considérons ici une cavité idéale sans pertes autres que la transmission.
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de corrélation est faible devant les constantes d’évolution du système (approximation
markovienne) :

dρ̂
dt = 1

i~
[
ĤJC, ρ̂

]
+Dat (ρ̂) +Dcav (ρ̂) (3.33)

où les crochets [., .] dénotent le commutateur, Dat et Dcav sont les opérateurs caractérisant
la décohérence de l’état interne de l’atome et du champ respectivement.

Le couplage de l’atome au modes extérieurs du champ s’écrit de façon analogue à un
atome dans l’espace libre comme :

Dat (ρ̂) = γ′ (2σ̂−ρ̂σ̂+ − ρ̂σ̂+σ̂− − σ̂+σ̂−ρ̂) (3.34)

où la constante γ′ est a priori différente de celle de l’espace libre car la cavité modifie les
modes du champ. Pour une cavité entièrement fermée, celui-ci est nul. Cependant pour
nos expériences, la portion d’angle solide occupée par les miroirs est faible et l’on suppose
que la modification de la constante de décroissance est négligeable, soit γ′ ' γ = Γ/2.

Le couplage des modes du champ aux modes transmis par les miroirs s’écrit de façon
analogue [152] :

Dcav (ρ̂) = κ(2âρ̂â† − ρ̂â†â− â†âρ̂) (3.35)
Le système aux temps longs devant 1/κ et 1/γ tend donc vers l’état vide de toute ex-

citation où l’atome est dans son état fondamental et la cavité ne contient aucun photon.
L’intérêt du système se révèle lors de l’interaction avec un faisceau laser suffisamment
proche de la résonance. Il existe deux possibilités d’interaction. Le faisceau laser peut être
utilisé pour pomper le mode de la cavité via un des miroirs ou pour interagir directe-
ment avec l’atome depuis l’espace libre. Cette dernière interaction est usuellement traitée
dans le cadre de l’interaction semi-classique avec le hamiltonien d’interaction donné par
l’équation 2.3 dont le paramètre est la fréquence de Rabi Ω. Le terme de pompage de la
cavité peut être vu comme l’interaction avec une source classique de rayonnement dont
l’expression se déduit d’un traitement “semi-quantique” de l’interaction où seul le mode
du champ de cavité est quantifié [127] :

Ĥp = −i~η(âeiωt − â†e−iωt) (3.36)

où η représente l’amplitude effective du champ injecté. Si la cavité est vide et le laser
résonant, le nombre moyen de photons dans la cavité est alors η2/κ2. La description
“semi-quantique” est pertinente car le champ laser injecté est en général un état cohérent
qui décrit les états classiques d’un oscillateur harmonique. La figure 3.3 schématise les
différentes interactions du système avec l’extérieur. La résolution des énergies propres du
système ouvert en faible excitation est donnée en annexe B.

Couplage faible ou couplage fort :

On distingue deux types de régimes pour l’évolution du système ouvert selon la dy-
namique de l’échange d’énergie entre l’atome et le champ, donnée par le couplage g, par
rapport aux pertes du système, κ et γ. Lorsque le couplage est plus faible que les pertes,
l’excitation quitte le système avant de pouvoir être échangée de façon cohérente entre
les deux sous-systèmes. Au contraire, lorsque le couplage est suffisamment important,
l’échange cohérent domine la dynamique. La limite entre ces deux régimes de couplage
faible et de couplage fort n’est pas précisément déterminée car elle est continue. Une façon
de définir la transition entre les deux domaines est de prendre glim = (κ+ γ) /2 car dans
le régime de couplage fort c’est la constante caractéristique des pertes (cf. figure B.2b).
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Le couplage faible est intéressant dans la mesure où il induit une modification de
l’émission de l’atome. En effet, dans la limite de “mauvaise cavité” où κ � γ, g, le taux
d’émission spontané de l’atome habillé par le champ de la cavité peut se déduire (cf.
équation B.8) comme 2γ− = 2γ(1 + g2

κγ
). Cet effet est désigné sous le nom d’effet Purcell

[153, 31, 154] et l’on caractérise la probabilité d’émettre un photon via les fuites de la
cavité par le ratio de la puissance optique diffusée via la cavité Pcav à la puissance optique
totale diffusée Pdiff = Pcav + Pspont :

Pcav

Pdiff
= 2γ− − 2γ

2γ−
= 1

1 + 1
2C

avec C = g2

2κγ (3.37)

où l’on introduit la coopérativité C du système qui a été définie originellement dans le
contexte de l’étude de la bistabilité du système [155]. Lorsque C est important, la collection
de photons via la cavité est importante. L’effet Purcell est ainsi un moyen d’améliorer la
collection de photons uniques.

Dans le régime de couplage fort g � κ, γ, la dynamique du système est alors dominée
par le hamiltonien de Jaynes-Cummings et l’observation du dédoublement de Rabi du
vide se perçoit sur le spectre de la cavité. Les premières observations dans le domaine
optique avec un atome ont été obtenues en 1991 [32]. Depuis, diverses expériences uti-
lisent la cohérence de l’interaction entre photon et émetteur comme brique élémentaire
de manipulation et détection d’états quantiques. Certaines s’orientent vers l’intrication
distante de bits quantiques uniques dans des cavités différentes car le transfert cohérent
d’information de l’émetteur au photon permet de propager l’information et donc l’intrica-
tion [27, 39]. Nous nous intéressons plutôt à la manipulation d’ensembles mésoscopiques
d’atomes via le champ de la cavité pour créer et analyser des états intriqués de l’ordre de
la centaine de particules [41]. Ces états sont dans un régime intermédiaire entre le qubit
et les systèmes à grand nombre de particules, ce qui permet de combiner les techniques
de détection individuelle de qubits avec la richesse de l’espace de Hilbert d’un système de
particules multiples.

3.1.3 Couplage de N atomes à un mode de cavité
La situation est plus intéressante lorsque l’on considère un ensemble de N atomes

car le couplage au champ de la cavité permet d’obtenir des états intriqués de l’ensemble
atomique. L’état de l’ensemble peut être naturellement décrit par le produit tensoriel de
la base des états internes. Cependant, la définition de nouvelles bases de description peut
être plus adaptée au problème en fonction des états propres du hamiltonien.

États de Dicke :

Considérons un ensemble de N atomes à deux niveaux |0〉 et |1〉. Nous définissons Ĵ
(p),

l’opérateur de spin-1/2 qui décrit l’état de l’atome p avec ~ωatĴ
(p)
z = ~ωat

(
σ̂

(p)
+ σ̂

(p)
− − 1/2

)
qui donne l’énergie interne de l’atome (redéfinie avec un décalage de −~ωat/2). Nous
pouvons alors définir le pseudo-spin total du système comme la somme des spin-1/2, soit
Ĵ = ∑N

p=1 Ĵ
(p). Une base des états du système est constituée par les états propres {|J, Jz〉}

des opérateurs :

Ĵ2 = Ĵ2
x + Ĵ2

y + Ĵ2
z et Ĵz =

N∑
p=1

Ĵ (p)
z (3.38)
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Par la dérivation standard de l’addition de moments cinétiques, J est demi-entier pris
entre 0 et N/2 et Jz est entier et pris entre −J et J .

Un sous espace particulier du système est le sous-espace symétrique HS qui est en-
gendré par les états symétriques sous l’échange des états de deux atomes. Lors d’une
transformation qui agit de la même façon sur tous les atomes de l’ensemble, le système
évolue dans HS s’il a été préparé dans un état symétrique, typiquement l’état où tous
les atomes sont dans l’état |0〉 via pompage optique. Les états de HS ont un spin total
maximal J = N/2 et une base de cet espace est constituée par les états de Dicke [156] :

|nN〉 = |J = N

2 , Jz = −N2 + n〉 avec n ∈ 0, 1, 2, ..., N (3.39)

où n est le nombre d’excitations dans le système. Par exemple, l’état à une excitation, aussi
appelé état W [157], partage symétriquement une excitation délocalisée sur l’ensemble
d’atomes :

|W 〉 = |1N〉 = |J = N

2 , Jz = −N2 + 1〉 = 1√
N

N∑
p=1
|0〉(1) ⊗ |0〉(2) ⊗ ...⊗ |1〉(p) ⊗ ....⊗ |0〉(N)

(3.40)
Les états de Dicke |nN〉 sont les équivalents atomiques des états de Fock |n〉 pour le champ
optique. Dans la limite où N → ∞, la transformation de Holstein-Primakoff permet de
passer des états de Dicke aux états de Fock [158, 159]. Comme la norme du pseudo-spin
est N/2 pour les états symétriques, un état symétrique peut être représenté sur la sphère
de Bloch.

...

...

... ...
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Figure 3.4 – États d’un ensemble de N atomes dans la base {|J, Jz〉}. Les états de Dicke |nN 〉
définissent une base du sous-espace symétrique HS.

Hamiltonien de Tavis-Cummings :

Lorsque N atomes sont couplés à un mode de cavité avec le même couplage g, le
hamiltonien de Jaynes-Cummings se généralise au hamiltonien de Tavis-Cummings [160] :

ĤTC = ~ωcâ
†â+ ~ωat

N∑
p

σ̂
(p)
+ σ̂

(p)
− + ~g

N∑
p

(
σ̂

(p)
− â† + σ̂

(p)
+ â

)
= ~ωcâ

†â+ ~ωat

(
Ĵz + N

2

)
+ ~g

(
Ĵ−â

† + Ĵ+â
) (3.41)

où l’on a introduit les opérateurs Ĵ± = ∑N
p σ̂

(p)
± qui ajoute (+) ou supprime (−) une

excitation dans l’ensemble d’atomes. Le hamiltonien commute avec Ĵ donc l’évolution
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d’un ensemble initialement symétrique par échange de particule se fait dans le sous-espace
HS.

Lorsque le nombre d’excitations dans le système est inférieur ou égal à 1, le système
se comporte comme si l’ensemble était un “super-atome” qui se couple au champ avec un
facteur

√
N par rapport à un atome normal (cf. annexe B).

La description plus générale du système ouvert s’effectue grâce à l’extension de l’équa-
tion pilote au hamiltonien de Tavis-Cummings :

dρ̂
dt = 1

i~
[
ĤTC, ρ̂

]
+Dcav (ρ̂) +

N∑
p

D(p)
at (ρ̂) (3.42)

en ajoutant les éventuels termes de pompage des atomes ou de la cavité au hamiltonien.

3.1.4 Tomographie d’états quantiques
La réalisation d’états quantiques intéressants pour l’étude de l’intrication ou la métro-

logie nécessite l’utilisation d’états internes stables aux échelles de temps de l’expérience.
Typiquement, les états excités optiques sont de mauvais candidats au vu de leur durée
de vie. Il est possible cependant d’utiliser des états métastables qui ont une durée de
vie suffisamment longue mais la contrepartie est alors d’adresser la transition avec le
fondamental. En effet, la largeur de résonance devient très faible et nécessite le dévelop-
pement de lasers ultra-stables ou l’utilisation d’une combinaison de lasers en utilisant des
transitions vers des niveaux intermédiaires. L’utilisation de deux niveaux de la structure
hyperfine du fondamental permet d’obtenir un système stable et qui peut être manipulé
par des champs micro-ondes dont la modulation de la phase et de l’amplitude est aisément
obtenue techniquement. On notera donc par la suite les deux états hyperfins choisis |0〉 et
|1〉 qui forment la base du système de N qu-bits dans lequel les états de l’ensemble seront
manipulés. Nous associons le pseudo-spin Ĵ et les états de Dicke |nN〉 à cet ensemble pour
décrire leur état.

Mesure non destructive de la population de |0N〉 :

Le principe de la détection de l’état quantique de l’ensemble repose sur la mesure de
la transmission de la cavité lorsqu’elle est injectée par un laser. La cavité est accordée sur
la transition |1〉 → |e〉 où |e〉 est l’état excité optique. L’effet de la transition |0〉 → |e〉
est négligeable car le désaccord hyperfin νHF ' 6, 834 GHz est bien plus important que
la largeur spectrale du résonateur κ ∼ 2π × 10 MHz 9. Si tous les atomes sont dans l’état
|0〉, l’ensemble est donc dans l’état de Dicke |0N〉, le mode de cavité n’est couplé à aucun
atome et la transmission du laser est la lorentzienne classique de largeur κ d’un résonateur
vide (discutée en détail en section 3.3.2).

Considérons le cas où un seul atome est dans l’état |1〉 = |f〉 résonant avec le champ
de la cavité. La résolution du système se fait dans le référentiel tournant du laser à la
fréquence ω où le hamiltonien s’écrit :

ĤJC,p = −~∆atσ̂+σ̂− − ~∆câ
†â+ ~g

(
σ̂−â

† + σ̂+â
)
− i~η

(
â− â†

)
(3.43)

avec ∆at = ω−ωat et ∆c = ω−ωc les désaccords de l’atome et de la cavité par rapport à
la pompe. La résolution peur se faire par les équations d’évolution dans l’approximation

9. En fait, le couplage est dans le régime dispersif (|∆ac| � g) et induit une légère variation de la
fréquence de la cavité δc = − N0g

2

2πνHF
où N0 est le nombre d’atomes dans l’état |0〉.
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3. Piégeage d’une chaîne d’atomes uniques dans une cavité

de faible excitation et mène à l’établissement des valeurs de la population de l’état excité
et du nombre de photons dans la cavité dans l’état stationnaire [161] :

pe = 〈σ̂+σ̂−〉 = η2g2

|g2 − (∆at + iγ) (∆c + iκ)|2
(3.44)

nc = 〈â†â〉 = η2 |∆at + iγ|2

|g2 − (∆at + iγ) (∆c + iκ)|2
(3.45)

Le résultat se trouve aussi en résolvant l’équation pilote dans le sous-espace d’une exci-
tation au maximum {|f, 0c〉, |e, 0c〉, |f, 1c〉} et en prenant l’ordre dominant en η.

La transmission de la cavité est alors donnée par les fuites du mode via le miroir opposé
au miroir d’injection 10, soit T = κnc. Lorsque le système est à résonance et le laser aussi
∆c = ∆at = 0, la transmission avec un atome par rapport à la cavité vide (obtenu pour
g = 0) s’écrit :

T1

T0
= 1

(1 + 2C)2 (3.46)

La transmission à un atome est fortement réduite lorsque la coopérativité est importante.
La mesure de la transmission permet donc de mesurer l’état du système dans la base
{|0〉, |1〉}. Si la transmission est haute, l’atome est dans l’état |0〉. Si le laser est réfléchi
sur la cavité et aucun photon n’est détecté en sortie, l’atome est dans l’état |1〉, voir la
figure 3.5.

η T0=1 η
T1≈0g

1/C

0

1

Figure 3.5 – Principe de la mesure sans échange d’énergie : la cavité ne transmet que lorsque
tous les atomes sont dans l’état |0〉.

Si l’état comprend N1 atomes dans l’état |1〉, la transmission est alors réduite par la
même loi en remplaçant C par la coopérativité collective du “super-atome” donnée par :

CN1 = N1g
2

2κγ = N1C (3.47)

La transmission est donc encore plus faible que dans le cas d’un seul atome couplé. La
mesure de N atomes projette le système sur deux sous-espaces dont l’un est simplement
engendré par l’état de Dicke fondamental {|0N〉} et l’autre par les états de Dicke restants
{|1N〉, ..., |NN〉}, car on ne peut les différencier les états de ce deuxième sous-espace par
cette mesure.

L’intérêt principal de cette mesure réside dans le fait quelle se fait sans échange d’éner-
gie entre le laser et l’ensemble d’atomes, c’est-à-dire sans émission spontanée [43]. En effet,
lorsque le système est dans |0N〉, le nombre de photons dans la cavité est important mais

10. Si les pertes par transmission constituent l’unique voie de décroissance du champ.
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3.1. Champ électromagnétique et couplage à des atomes en cavité

aucun atome n’est résonant à leur fréquence. Lorsque N1 atomes sont couplés à la ca-
vité, le taux d’émission spontanée par atome et par photon incident 11 sur la cavité est
Γph,eff = 1/(N1C). Nous utilisons ici un taux adimensionné relatif au taux de photons
incidents car expérimentalement la détection s’effectue par un certain nombre de photons
détectés supérieur au bruit pour une cavité vide, soit un certain nombre de photons in-
cidents en prenant en compte l’efficacité de détection. L’émission spontanée de photons
est usuellement un problème pour les mesures d’états symétriques. En effet, elle permet à
de l’information de fuiter de façon incontrôlée du système et détruit la symétrie de l’état
mesuré car le photon émis emporte l’information de l’atome de l’ensemble qui l’a émis.
Pour des atomes réels, elle peut entraîner en plus des fuites vers des niveaux autres que
ceux choisis comme états de base du qu-bit. Dans un sens, la mesure réalisée par la cavité
peut ainsi être qualifiée de non destructive car elle projette un état symétrique dans le
sous-espace symétrique, conservant ainsi le pseudo-spin total J .

Tomographie d’états symétriques :

Figure 3.6 – Fonction Q de Husimi de la matrice densité maximisant la vraisemblance de la
mesure d’un état W à 41 atomes. La graphe de droite présente une coupe (courbe verte) passant
par le pôle sud avec les données (points bleus). Figure extraite de [162].

En combinant la mesure projective sur |0N〉 avec une rotation de la sphère de Bloch
R̂θ,φ par un couplage micro-onde des états hyperfins, on peut mesurer la fonction Q de
Husimi qui est le recouvrement de l’état de l’ensemble (représenté par sa matrice densité
ρ̂) avec l’état-cohérent |θ, φ〉 = R̂θ,φ|0N〉 :

Q (θ, φ) = N + 1
4π 〈θ, φ|ρ̂|θ, φ〉 (3.48)

L’utilisation de cette mesure permet de procéder à des reconstructions probabilistes de la
matrice densité du système avec des algorithmes d’optimisation de la vraisemblance. La
figure 3.6 présente le résultat de la fonction Q de Husimi découlant de la reconstruction de
la matrice densité depuis les mesures ponctuelles pour un état W [41]. La reconstruction
de la matrice densité permet aussi de calculer des marqueurs de l’intrication de l’ensemble.

11. Le taux de photons incidents sur la cavité est η2

κ comme l’indique la transmission de la cavité vide
à résonance κnc (∆c = 0, g = 0).
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3.1.5 Transitions Raman entre un champ laser et le mode de
cavité

L’interaction d’un ou plusieurs atomes en cavité avec un champ laser transverse consti-
tue aussi un des intérêts de l’électrodynamique quantique en cavité. Considérons un
atome 12 possédant deux sous-niveaux fondamentaux (|0〉 et |1〉) couplés à un état ex-
cité (|e〉), pour l’un via un faisceau laser Raman (pulsation de Rabi Ω) et pour l’autre
via le mode de la cavité (couplage g), comme présenté sur la figure 3.7b. Le système
réalise alors un couplage effectif entre les deux sous-niveaux fondamentaux via le champ
de la cavité. Ce genre de processus présente deux avantages fondamentaux. Le premier
est la possibilité de limiter l’émission spontanée car le processus Raman peut être très
désaccordé devant la résonance atomique (∆ = ω− ωat � Γ avec ω la pulsation du laser,
ωat celle de l’atome et Γ la largeur naturelle de la transition). Ceci évite la présence de
champs résonants et peut ainsi se faire sans population de l’état excité. Le second est le
couplage accordable de deux sous-niveaux stables avec le champ quantique de la cavité.
Nous détaillons par la suite brièvement quelques application intéressantes.

g

Ω
(a)

g
Ω

|e

|0
|1

Δ
δ

ω1

(b)

Figure 3.7 – Schéma de principe d’une transition Raman-Cavité. (a) Configuration expéri-
mentale : un laser transverse est couplé à l’atome présent au sein de la cavité. (b) Configuration
des niveaux : l’atome possède deux niveaux fondamentaux couplés par une transition à deux
photons l’un dans le mode du faisceau laser Raman (pulsation de Rabi Ω) et l’autre appartenant
au mode de la cavité (couplage g). Le désaccord entre la résonance atomique et le champ Raman
est noté ∆ = ω − ωat. Le désaccord du champ de cavité au laser est noté δ = ω − ωc.

Génération efficace de photons uniques de forme arbitraire :

En utilisant un système où un atome unique est présent dans un cavité optique et une
transition Raman-cavité, le système fournit alors une source de photons uniques. En effet,
considérons le système où la transition Raman est résonante (δ = ω − ωc = 0 avec ωc
la fréquence du mode de cavité). Comme démontré expérimentalement pour la première
fois dans la référence [163], un atome initialement dans l’état |0〉 est transféré vers l’état
|1〉 avec émission d’un photon dans le mode de cavité. Le photon s’échappe en pratique
progressivement par la transmission résiduelle des miroirs. Il est donc collecté avec une
efficacité parfaite par la cavité dans son mode de fuite. La variation de l’intensité du laser
contrôle par ailleurs l’enveloppe temporelle du photon [38].

12. Ce type d’atome est souvent dit en configuration Λ, en référence à la forme de la lettre grecque.
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Une nouvelle idée pour créer un état W avec un processus Raman-cavité :

Considérons maintenant un ensemble de N atomes dont les deux sous-niveaux fonda-
mentaux sont couplés par un processus Raman-cavité identique au précédent. Si tous les
atomes sont dans l’état |0〉, le système est dans l’état de Dicke fondamental et la transition
Raman-cavité est résonante. Lorsqu’un atome est dans l’état |1〉, il se couple à la cavité
et, dans le régime dispersif où la résonance atomique est très désaccordée par rapport
au couplage (∆ � g), il induit une modification de la pulsation de la cavité de δc = g2

∆
par rapport à la cavité “vide” (cf. équation B.3). Si ce désaccord est bien supérieur à la
demi-largeur de la résonance de la transition Raman-cavité, donnée par la demi-largeur
de la cavité κ, l’efficacité de la transition est sensiblement réduite dès qu’un atome est
transféré dans l’état |1〉.

Cet effet de désaccord de la transition après une excitation est analogue à celui observé
pour les transitions vers les niveaux de Rydberg d’atomes proches. L’interaction entre les
importants dipôles atomiques désaccorde la transition et empêche l’excitation de plus
d’un atome si l’ensemble est suffisamment confiné par rapport à la portée de l’interaction
[90, 164, 165]. Si l’interaction de Rydberg a une portée limitée, le processus Raman-cavité
est au contraire à longue portée sur l’ensemble des atomes couplés à la cavité.

Pour la réalisation pratique d’un tel effet de blocage d’excitation Raman-cavité, le
désaccord ∆ du processus Raman à la résonance atomique doit vérifier g � ∆ � g2

κ

d’après les considérations précédentes. On doit donc avoir un couplage g bien supérieur
au taux de pertes κ de la cavité. Par ailleurs, pour éviter l’excitation de l’atome, le
désaccord doit être grand devant la demi-largeur naturelle γ de la transition atomique,
soit ∆ � γ. Le taux d’émission spontanée résiduelle est alors N Ω2

∆2
γ
2 (cf. équation 1.15).

Par ailleurs, le couplage effectif entre les états de Dicke |0N〉 et |1N〉 = |W 〉 s’écrit
√
N gΩ

2∆
(cf. référence [166]). La condition d’avoir une émission spontanée bien plus faible que
le transfert vers l’état W, afin de préserver celui-ci de la décohérence, impose donc une
pulsation de Rabi satisfaisant Ω � 4g∆√

Nγ
. La rapidité maximale du transfert est donc

obtenue pour un système où le couplage g est bien plus important que la largeur naturelle
de la transition 2γ.

Double processus Raman-cavité : une simulation du hamiltonien de Dicke

Une double transition Raman-cavité, comme présentée sur la figure 3.8a, permet de
réaliser un hamiltonien effectif couplant les deux sous-niveaux fondamentaux de N atomes
via le champ de la cavité, qui s’écrit sous la forme [166] :

Ĥeff = ~ω′câ†â+ ~ω′1Ĵz + ~
λ√
N

(
Ĵ− + Ĵ+

) (
â† + â

)
(3.49)

où les pulsation effectives du mode de cavité, ω′c, et de l’état atomique |1〉, ω′1, ainsi que
le couplage entre le champ et les atomes λ, sont des paramètres ajustables par l’expéri-
mentateur via les puissances et désaccords des faisceaux Raman.

Cet hamiltonien est le hamiltonien de Dicke [156] couplant N atomes à un mode du
champ électromagnétique dont est issu le hamiltonien de Tavis-Cummings en faisant l’ap-
proximation de l’onde tournante. L’intérêt de cette réalisation effective du hamiltonien de
Dicke est d’observer un phénomène de transition de phase quantique qui se produit dans
le régime de couplage ultra fort où celui-ci devient de l’ordre des énergies des champs cou-
plés. Le principe d’une transition de phase quantique réside dans un changement d’état
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fondamental (donc a température nulle) lorsque le couplage varie, et qui apparaît à un cou-
plage précis, appelé point critique quantique. L’étude des transitions de phase quantiques
constituent un domaine important de la physique car l’on peut déduire les propriétés des
transitions de phase classiques (par changement de température) des propriétés du point
critique quantique associé [167]. Pour le hamiltonien de Dicke, la transition de phase
quantique se produit pour λcrit =

√
ω′cω

′
1/2. Elle se caractérise (cf. figure 3.8b) par le

passage d’une phase normale, où tous les atomes sont dans l’état |0〉 (〈Ĵz〉 = −N/2) et
la cavité est vide de photons (〈â†â〉 = 0), à une phase superradiante où la population des
états atomiques |1〉 devient non nulle (〈Ĵz〉 > −N/2) et le champ de la cavité contient
des photons (〈â†â〉 > 0).
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Figure 3.8 – (a) Configuration expérimentale pour la réalisation d’un hamiltonien de Dicke
effectif : un double processus Raman-cavité couple les sous-niveaux fondamentaux via deux
lasers et le même mode de cavité. (b) États stationnaires du hamiltonien de Dicke effectif à N
atomes pour le champ de la cavité (〈â〉SS) et de l’inversion de population atomique (〈Ĵz〉SS) en
fonction du couplage λ. Les pulsations (normalisées) de l’énergie d’un photon ω′c et de l’énergie
de l’état atomique ω′1 sont choisies égale à 1. Le taux de pertes (normalisé) de la cavité est fixé
à κ = 0, 2. Le système admet une transition de phase quantique au couplage critique λcrit = 1/2
d’une phase normale (λ < λcrit) à une phase superradiante (λ > λcrit). Figure extraite de la
référence [166].

L’observation d’une telle transition a d’abord été obtenue avec un condensat de Bose-
Einstein dans une cavité, où les sous-états fondamentaux sont des états du mouvement
atomique [168]. Puis, plus récemment, elle a été observée avec un nuage d’atomes froids
dans une cavité en utilisant les états hyperfins F = 1 et F = 2 du 87Rb [169]. En com-
binant, un tel dispositif de transition Raman-cavité à la tomographie d’états quantiques,
nous espérons arriver à produire un dispositif capable de mesurer les états quantiques à
proximité du point critique quantique afin d’étudier expérimentalement l’intrication dans
une transition de phase quantique [170]. Par ailleurs, le hamiltonien de Dicke a été pro-
posé comme voie de création d’états comprimés du spin atomique total en présence de
dissipation (les pertes de la cavités) [171], ce qui apparaît comme une voie robuste pour
améliorer les performances de la métrologie quantique.
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3.2 Une chaîne d’atomes uniques en cavité
Fabry-Pérot fibrée

Nous avons décrit dans la section précédente, une partie de la richesse de l’électrodyna-
mique quantique en cavité avec N atomes couplés au champ. Afin de poursuivre les études
expérimentales dans ce domaine des systèmes d’émetteurs couplés fortement à un mode
du champ électromagnétique et de l’étendre au champ expérimental où les émetteurs sont
adressables, nous proposons l’utilisation d’une chaîne d’atomes uniques piégés dans un
réseau de sites optimalement couplés qui est aligné avec le champ de la cavité. Dans cette
configuration, les atomes sont couplés collectivement via le champ de la cavité avec la
possibilité de mesurer et d’agir sur chacun d’entre eux individuellement via l’utilisation
de gradients de champs et d’imagerie à forte ouverture numérique. Le système obtenu est
alors analogue aux expériences de chaînes d’ions piégés où l’interaction est réalisée via les
modes collectifs d’oscillation mécanique [50, 172].

Par ailleurs, ce nouveau système permet de dépasser certaines limitations des expé-
riences précédentes. En particulier, les expériences de tomographie requièrent l’acquisition
d’un grand nombre de mesures car chaque point mesuré de la sphère de Bloch est le résul-
tat des statistiques d’une mesure projective dont le résultat est binaire (T = 0 ou 1). Le
chauffage résiduel de l’ensemble d’atomes (par les fluctuations du piège) et la préparation
de l’état initial impliquent l’utilisation de faisceaux lasers pour refroidir les atomes afin de
les conserver dans le piège et les pomper optiquement entre chaque mesure. Dans les ex-
périences précédentes, où l’ensemble est situé dans un même site de piégeage, l’utilisation
de tels procédés était impossible car ils impliquent des champs lasers proches de résonance
qui entraînent des pertes d’atomes assistées par la lumière. La solution consistait alors à
charger un nouvel ensemble d’atomes dans la cavité, une opération coûteuse en temps car
la formation d’un piège magnéto-optique et le refroidissement évaporatif durent au moins
quelques secondes par opération.

Pour les systèmes d’électrodynamique quantique en cavité avec des émetteurs autres
que les atomes neutres, il existe une expérience piégeant une chaîne d’une centaine d’ions
avec un couplage intermédiaire à un mode de cavité [173] et des expériences couplant des
atomes artificiels dans une cavité micro-onde [174].

3.2.1 Piégeage dipolaire
Une onde stationnaire d’un laser rétro-réfléchi de longueur d’onde λD fortement décalé

sur le rouge de la transition atomique produit un ensemble de plans d’intensité maximale
séparés de λD/2. L’extension transverse d’un faisceau gaussien confine l’atome sur l’axe
optique. Dans le domaine optique, cette configuration constitue un réseau dense de sites
de piégeage sur l’axe optique du laser. Il est possible d’utiliser un tel réseau pour charger
et maintenir une chaîne d’atomes uniques transverse au champ de la cavité [175]. Mais,
l’obtention d’un couplage homogène au champ de la cavité pour un grand nombre de sites
implique que la largeur du mode w0 est importante, et donc le couplage est d’autant plus
faible que le nombre de sites bien couplés est important.

La meilleure solution consiste donc à aligner la chaîne d’atomes avec le mode résonant
de la cavité en utilisant un autre mode de la cavité pour le piège dipolaire. La condition
pour obtenir un couplage maximal est alors imposée par le recouvrement entre les sites
de piégeage et le mode résonant de la cavité. Les sites résonants de la cavité sont donnés
par l’onde stationnaire du mode et sont donc séparés de λRb/2. La solution maximisant

81



3. Piégeage d’une chaîne d’atomes uniques dans une cavité

Figure 3.9 – Schéma des modes résonants (rouge) et des sites de piégeage (jaune) contenant
les atomes (bleus) au centre de la cavité où la longueur d’onde du piège dipolaire est deux fois
celle du mode résonant.

le positionnement et la densité des sites de piégeage est alors simplement λD = 2λRb
qui produit un site de piégeage tous les deux maxima du champ, comme présenté sur la
figure 3.9. Le couplage est alors identique pour chaque site.

L’utilisation d’un mode de la cavité pour le piège dipolaire présente plusieurs avan-
tages. Le faisceau dipolaire est utilisé aussi pour asservir la longueur de la cavité afin
de maintenir constante sa fréquence de résonance. L’amplification du champ dipolaire au
sein de la cavité permet d’obtenir facilement les hautes intensités nécessaires au piégeage
avec peu de puissance laser. Enfin, pour le cas du Rubidium où la ligne D2 a une longueur
d’onde λRb ' 780 nm, le piège dipolaire doit avoir une longueur d’onde λD ' 1560 nm qui
appartient au domaine des lasers largement utilisés dans les systèmes de communication à
cause de leur faible absorption dans les fibres optiques. Les possibilités techniques de ma-
nipulation de la lumière (amplification, modulation) sont ainsi simplifiées par l’existence
de développements industriels.

Les pulsations radiale ωr et axiale ωz de piégeage pour une onde stationnaire d’exten-
sion transverse gaussienne w0 et de longueur d’onde λD sont donnés par :

ωr =
√

4U0

mw2
0

et ωz =

√√√√8π2U0

mλ2
D

(3.50)

avec U0 la profondeur du piège donnée par l’équation 1.12. Pour les cavités de notre
expérience, le choix des paramètres mène à une largeur du faisceau dipolaire w0,D '
7, 78 µm. Avec une puissance dans la cavité P = 1 W, la profondeur du piège est alors
U0/kB ' 733 µK, soit une marge confortable de profondeur par rapport à la centaine de
microkelvins typique du refroidissement Doppler du rubidium. Un telle puissance intra-
cavité ne nécessite que 63 µW d’injection si la finesse est de 50 000. Les fréquences sont
alors νr ' 10, 8 kHz et νz ' 340 kHz.

Pour l’obtention d’atomes uniques, nous avons vu que les collisions assistées par la
lumière permettent de réduire un paquet d’atomes chargé dans un site à 1 ou 0 atome
selon la parité du site (cf. section 1.1.3). Le volume du site de piégeage peut ici s’estimer
grossièrement comme VD ∼ λD/π×πw2

0,D/2, soit pour les cavités que nous utiliserons une
valeur numérique de l’ordre de 40 µm3. La proximité de ce volume avec celui de la pince
optique, nous permet de déduire que le processus de collisions réduira le paquet d’atomes
à un atome unique au maximum de façon très efficace. La technique mentionnée précé-
demment de collision à énergie contrôlée pourrait éventuellement permettre d’améliorer
le facteur de remplissage du piège.

Une autre solution pour obtenir des atomes uniques avec un remplissage unité est
d’utiliser la transition d’un condensat de Bose-Einstein vers un isolant de Mott dans un
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3.2. Une chaîne d’atomes uniques en cavité Fabry-Pérot fibrée

réseau [13]. L’implémentation de cette technique nécessite des confinements supplémen-
taires qui pourront être obtenus expérimentalement par des pièges dipolaires grâce aux
multiples accès optiques prévus dans la nouvelle expérience.

3.2.2 Cavités Fabry-Pérot fibrées
Les cavités Fabry-Pérot 13 peuvent se classer grossièrement en deux catégories. La

première contient les cavités macroscopiques dont les miroirs ont une taille de l’ordre de
quelques millimètres et sont produits par polissage d’un substrat en verre. La seconde
comprend les cavité microscopiques qui ont des miroirs de l’ordre de quelques dizaines de
microns et usuellement produits par ablation laser, technique décrite dans le chapitre 4.
En produisant des miroirs microscopiques sur le bout d’une fibre optique, on peut alors
avoir une cavité Fabry-Pérot fibrée dont le mode est directement couplé à celui de la fibre
optique. Cette configuration présente le grand avantage d’offrir une injection stable et
élimine les problèmes expérimentaux de l’accès optique à l’axe de la cavité autour de la
chambre à vide.

Un couplage fort :

Le principal intérêt des miroirs microscopiques produits par ablation laser est leur
faible rayon de courbure. En effet, dans le but d’atteindre le régime de couplage fort,
le volume de cavité V doit être minimisé autant que possible car gmax ∝ 1/

√
V d’après

l’équation 3.31. Or l’équation 3.24, nous indique que V ∝
√

(2R− L)L 3
2 . Ainsi la minimi-

sation du volume implique d’utiliser une longueur de cavité faible et un rayon de courbure
faible 14. Cependant dans notre configuration expérimentale, nous ne pouvons prendre L
trop faible car nous voulons pouvoir utiliser plusieurs dizaines de sites de piégeage dont
le nombre maximal est donné par ND,max = L/λRb soit environ 160 pour une longueur
de cavité choisie à 125 µm. 15 Avec une telle longueur et un rayon de courbure pour des
miroirs circulaires R = 300 µm, le couplage maximal que l’on obtient pour la ligne D2
du Rb est gmax ' 2π × 84 MHz. Si la cavité a une finesse F = 5.104, la constante de
décroissance du champ vaut κ ' 2π × 12 MHz, soit un facteur 7 pour la dynamique
cohérente par rapport aux pertes : le système est donc dans le régime de couplage fort.
La coopérativité sera alors de C ' 98.

Une cavité compacte avec un accès optique important :

Pour obtenir une chaîne d’atomes uniques contenant plusieurs dizaines d’atomes avec
un accès optique important pour les faisceaux de refroidissement et d’interaction, les
cavités Fabry-Pérot fibrées fournissent une solution technique idéale. En effet, l’accès
optique pour des miroirs macroscopiques ou des miroirs microscopiques sur un substrat
est fortement limité par l’extension transverse du miroir lorsque la cavité est courte. Ceci

13. On ne considère ici que les cavités dont le centre est dans le vide. Un troisième type de cavité Fabry-
Pérot considère les cavités formées directement au contact des systèmes solides, spécialement utilisées pour
les polaritons excitoniques.
14. Il est possible d’utiliser une configuration de cavité concentrique où L = 2R mais qui n’est pas

adaptée à nos expériences car la divergence du mode diverge en ce point et nuit à l’uniformité du couplage
sur l’ensemble des sites, cf. section 3.3.1.
15. Ce nombre est en pratique réduit par l’accès optique disponible pour la collection de photons par

l’imagerie à forte ouverture numérique et pour les faisceaux de refroidissement.
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Figure 3.10 – Dessin de l’accès optique prévu dans la nouvelle expérience pour coupler des
faisceaux au centre de la cavité fibrée. Quatre directions sont dans le plan orthogonal de la
cavité. Deux directions forment un angle de 65̊ avec l’axe de la cavité.

est d’une importance cruciale pour éviter les limitations de la résolution d’un système
d’imagerie à forte ouverture numérique. Par ailleurs, si l’utilisateur tient à éviter d’utiliser
des faisceaux de refroidissement injectés dans la cavité, cela permet aussi d’utiliser des
faisceaux externes ayant une composante sur l’axe de la cavité. Pour une cavité Fabry-
Pérot fibrée produite avec des fibres standards de 125 µm de diamètre et une longueur de
cavité égale, l’accès optique au sein de la cavité pour des faisceaux ayant un angle de 65̊
avec l’axe de la cavité permet d’illuminer environ 65µm de l’axe, soit environ 85 sites de
piégeage.

3.2.3 Imagerie haute résolution
Les dispositifs d’imagerie haute résolution permettent dans diverses expériences d’atomes

froids dans des réseaux optiques d’obtenir des informations sur la population et l’état
quantique de l’ensemble atomique au niveau de l’atome unique [176, 14, 80]. Dans notre
nouvelle expérience, une lentille sera placée dans la chambre à vide au-dessus de la ca-
vité comme présenté sur la figure 3.11. La transformation du front d’onde par la lentille
dans le vide permet d’éviter les aberrations créées usuellement au passage de la fenêtre
de la cellule lorsque l’onde n’est pas collimatée, ou créées par la déformation de la lentille
induite par la différence de pression, lorsque celle-ci est insérée dans la fenêtre.

Détection des atomes :

Le principe de la détection des atomes est globalement le même qu’avec la pince
optique. La lentille asphérique 16 collectera les photons émis par l’interaction avec les
faisceaux quasi résonants de refroidissement. La lentille utilisée a une ouverture numérique
de 0, 5 et doit donc permettre de collecter 6, 7% des photons émis. En supposant que la
pulsation de Rabi utilisée est de l’ordre de la largeur naturelle de la transition et que le
désaccord est pris à δ = 10Γ (paramètres typique d’une mélasse optique), le taux par
atome de photons incidents sur la caméra de détection est de 6, 3 kHz. Selon l’efficacité
quantique et le bruit de la caméra, en intégrant sur quelques millisecondes, voire quelques
dizaines de millisecondes, le dispositif permettra de détecter le nombre et la position
des atomes uniques piégés. Cette possibilité réduit l’incertitude du nombre d’atome qui
16. Thorlabs Geltech asphérique 352240-B
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Figure 3.11 – Dessin du dispositif d’imagerie à haute ouverture numérique des sites de piégeage
dans la cavité fibrée (les fibres sont représentées en jaune). La lentille est située dans la chambre
à vide au-dessus de la cavité afin d’obtenir un faisceau collimaté.

constitue une des limitations des expériences précédentes. L’ouverture numérique de la
lentille assure un rayon de la tache d’Airy de 0, 48 µm qui doit permettre de résoudre
deux sites de piégeage voisins séparés de 0, 78 µm.

Adressage des atomes :

Le dispositif permettra aussi d’adresser les atomes individuellement. L’utilisation d’une
matrice de micro-miroirs permettra de contrôler l’intensité d’un faisceau laser dipolaire
avec une résolution limitée par la diffraction sur les atomes. En combinant le déplacement
lumineux induit par le faisceau sur un atome à une transition micro-onde qui ne sera ré-
sonante que pour celui-ci [51], il sera alors possible de réaliser un état quantique arbitraire
de l’ensemble de N qu-bits.

Il est aussi possible d’envisager de contrôler le nombre d’atomes dans les sites en
utilisant un faisceau résonant focalisé pour chauffer et perdre un atome dans un site en
particulier. Ce faisceau pourrait être produit via l’utilisation de la matrice de micro-miroirs
ou avec un déflecteur acousto-optique.

3.3 Atomes et cavités réels : limitations et choix des
paramètres

Dans le cadre des cavités réelles, la situation est un peu moins idéale que celle dé-
crite précédemment du fait de plusieurs facteurs. Nous nous attachons ici à aborder les
paramètres importants qui vont influer sur le choix de la géométrie de la cavité et des
miroirs.

3.3.1 Variation du couplage entre atomes

Le paramètre crucial du système est le couplage entre les atomes et la cavité. Il est
donné par le recouvrement des sites de piégeage et des modes résonants de la cavité ainsi
que par la valeur du champ pour le mode résonant.
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3. Piégeage d’une chaîne d’atomes uniques dans une cavité

Condition de chevauchement au centre de la cavité

Le recouvrement entre les sites de piégeage et les maxima du champ résonant souffre
d’un effet dû à la phase de Gouy du mode. En effet, d’après l’équation 3.18, les maxima
du champ pour les deux longueurs d’ondes, λ1 = λRb du mode résonant et λ2 du piège
dipolaire, ont leurs positions données par k1z − 1

2 arctan
(

z
zR,x

)
− 1

2 arctan
(

z
zR,y

)
= p1π et

k2z− 1
2 arctan

(
z

zR,x

)
− 1

2 arctan
(

z
zR,y

)
= p2π où p1 et p2 sont des entiers 17. Nous cherchons

à obtenir un site de piégeage tous les deux sites résonants, soit pour un site donné p1 = 2p2
qui impose 2k2z = k1z + 1

2 arctan
(

z
zR,x

)
+ 1

2 arctan
(

z
zR,y

)
. Or k1 est fixé par la résonance

atomique et implique donc un choix de k2. L’expression précédente montre qu’il ne peut
pas y avoir d’accord pour tout z. On choisit donc de prendre le meilleur accord au centre
de la cavité, où z est faible et l’on peut développer l’arc tangente pour obtenir la condition
2k2 = k1 + 1

2zR,x
+ 1

2zR,y
+O

((
z

zR,x

)2
)

+O
((

z
zR,y

)2
)
. Ainsi le choix optimal de longueur

d’onde du laser dipolaire est donné par :

λ2 = 2
1
λ1

+ 1
4πzR,x

+ 1
4πzR,y

(3.51)

Ce choix permet de compenser au premier ordre la variation de la longueur d’onde effective
imposée par la phase de Gouy. On remarque que cette compensation est efficace pour les
sites dont la position est faible devant la longueur de Rayleigh et donc constitue un
argument pour utiliser un régime de paramètres où zR,l � L/2. Dans le cas d’une cavité à
miroirs de symétrie cylindrique et de paramètres L = 125 µm et R = 300 µm, on obtient
λ2 ' 1558, 9 nm, soit 1, 6 nm de décalage par rapport à 2λ1.

Condition de double résonance : choix des phases des miroirs

La situation expérimentale que nous cherchons à atteindre implique le chevauchement
des sites de piégeages avec les maxima du mode résonant. Considérons tout d’abord les
différents cas possibles imposés par la symétrie de la cavité. Le seul moyen d’obtenir un
champ symétrique est d’avoir soit un noeud soit un ventre au centre de la cavité. Ce qui
produit quatre combinaisons avec les deux longueurs d’onde considérées au centre de la
cavité :

- un ventre pour les deux champs est une solution possible de recouvrement optimal.
- un noeud pour les deux champs produit un recouvrement nul des sites de piégeage

avec le mode résonant.
- un ventre à λ1 et un noeud à λ2 produit un site de piégeage au site résonant à λ1/2

du centre et donc un recouvrement optimal.
- un noeud à λ1 et un ventre à λ2 produit un recouvrement nul.
Les solutions sont donc celles qui produisent un ventre à λ1 au centre de la cavité, i.e.

un nombre de demi-arches du mode résonant impair.
Si l’on considère une cavité avec des miroirs parfaits, la phase de réflexion est alors π

et il y a un noeud du champ sur la surface du miroir. Cela implique que les deux longueurs
d’onde sont en phase au niveau de leurs noeuds tout au long de la cavité dans la limite où
celle-ci est assez plane pour négliger les effets de phase de Gouy. Dans un certain nombre

17. Cette condition suppose qu’il y a un ventre des deux champs au centre de la cavité comme l’un
des deux cas de chevauchement possibles développés après, le raisonnement se généralise sans problème
à l’autre cas pour le même résultat.

86



3.3. Atomes et cavités réels : limitations et choix des paramètres

d’expériences [177, 178], la solution consiste à utiliser un mode longitudinal pour le piège
dipolaire contenant une demi-arche de plus ou de moins que la moitié du nombre du
mode résonant. Le battement entre les deux longueurs d’onde permet alors d’obtenir un
recouvrement au centre de la cavité. Mais cette solution n’est possible uniquement que si
le changement de longueur d’onde reste faible et que l’on demeure proche de la longueur
d’onde optimale pour conserver le recouvrement. Pour nos cavités de faible longueur, le
changement de longueur d’onde ' λ2

2
2L ' 0, 6%λ2 ' 10 nm est important 18 et nous avons

donc besoin d’une autre solution technique.
La condition de double résonance est décrite par les deux équations de résonance :

2πq1 = 2Lk1 − 2φ1 − 2φG (L,Rx)− 2φG (L,Ry) (3.52)

2πq2 = 2Lk2 − 2φ2 − 2φG (L,Rx)− 2φG (L,Ry) (3.53)
où φ1 et φ2 sont les phases de réflexion pour les deux longueurs d’onde. Ces phases sont pré-
sentes expérimentalement à cause de la pénétration du champ dans le miroir. Le nombre
d’onde k1 est fixé par la résonance atomique, et avec une géométrie de cavité donnée, les
phases de Gouy sont imposées, ainsi que le nombre d’onde k2 via l’équation 3.51. Les deux
équations imposent donc une relation entre les phases qui permet d’exprimer la phase de
la longueur d’onde λ2 comme :

φ2 = −π
(
q2 −

q1

2

)
+ φ1

2 + 1
2

(
L/2
zR,x
− φG (L,Rx) + L/2

zR,y
− φG (L,Ry)

)
(3.54)

Il existe donc quatre solutions pour la phase afin d’avoir la double résonance selon la
valeur du premier terme modulo 2π car q2 − q1/2 est un demi-entier. Pour comprendre
à quoi correspondent ces solutions, on fait tendre les zR,l vers l’infini pour se ramener
continûment au cas d’une cavité plan-plan, ce qui n’a pas d’influence sur la signification
du terme demi-entier. Considérons de plus φ1 = π comme pour un miroir parfait. Nous
savons que, dans ce cas, q1− 1 est le nombre de demi-arches du champ (cf. equation 3.17)
et que la condition d’avoir un ventre au centre de la cavité impose que q1− 1 soit impair,
et donc q1 pair ; cela implique donc que φ2 = ±π/2. Les solutions 0 et π sont éliminées
car elles engendrent respectivement un ventre et un noeud du champ dipolaire sur le
miroir, c’est-à-dire superposé avec un noeud du champ résonant. Ces deux configurations
constituent les deux mauvaises solutions car le chevauchement est identique en tout point
de la cavité plan-plan.

En conservant uniquement les solutions φ2 = ±π/2 et en relâchant les contraintes sur
les variables continues, on aboutit à l’expression :

φ2 = jπ + φ1

2 + δφM,opt (3.55)

avec j entier où les deux possibilités produisent un noeud ou ventre du mode dipolaire au
centre de la cavité et la phase relative optimale s’écrit :

δφM,opt = 1
2

(
L/2
zR,x
− arctan

(
L/2
zR,x

)
+ L/2
zR,y
− arctan

(
L/2
zR,y

))
(3.56)

On remarque dans cette expression que les phases de Gouy sont compensées au premier
ordre en 1/zR,l par le choix de la longueur d’onde dipolaire.
18. Le problème est aussi technique car la variation de longueur d’onde est bien supérieure aux capacités

des lasers standards.
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Longueur de pénétration et phase de réflexion :

Pour des miroirs non parfaits, le champ pénètre sensiblement dans la matière et modi-
fie donc le volume du mode par rapport à son expression établie précédemment à l’équa-
tion 3.24. Le champ pénétrant avec une incidence normale par rapport au miroir, le volume
effectif du mode résulte d’une longueur effective de cavité Leff = L+ 2Lp, où l’on a intro-
duit la longueur de pénétration du mode. Pour les cavités de haute finesse, les meilleurs
miroirs sont des empilements de couches diélectriques. La pénétration du champ dans les
miroirs peut donc être calculée de façon analogue au volume en considérant le champ
résultant E de la réflexion d’une onde plane incidente vers les z positifs sur un miroir
plan occupant l’espace zM,début < z < zM,fin selon :

Lp =
∫ zM,fin

zE,0
εr (z) |E (z)|2

maxz
(
|E (z)|2

)dz − (zM,début − zE,0) (3.57)

où zE,0 est la position du premier zéro du champ dans le vide avant le miroir afin de
prendre en compte le fait que le champ ne s’annule pas sur le miroir comme nous l’avions
supposé lors de l’établissement de l’équation 3.24.

La longueur effective de la cavité est la distance effectivement parcourue par un photon
confiné et détermine donc aussi l’intervalle spectral libre, soit νISL = c/2Leff . Afin de
comprendre la compatibilité avec la condition de résonance que nous avons établie qui
ne prend en compte que la longueur géométrique L, il faut considérer la variation de la
phase avec la fréquence. Si l’on développe la phase au premier ordre selon φM = φM (ν0)+
(ν−ν0)∂φM

∂ν
(ν0), et que l’on en déduit la variation de la phase en insérant cette expression

dans la condition de résonance, on obtient l’intervalle spectral libre et donc on peut en
déduire que la longueur de pénétration s’écrit :

Lp = − c

4π
∂φM

∂ν
(ν0) = λ2

0
4π

∂φM

∂λ
(λ0) (3.58)

Cette expression exprime simplement le fait que si le champ perçoit une distance supé-
rieure de 2Lp alors la phase de réflexion sur un miroir doit inclure un terme en 2Lpk pour
la prendre compte. Pour les miroirs conçus pour l’expérience, nous verrons par la suite
comment la phase relative est ajustée et nous vérifierons que les deux façons de calculer la
profondeur de pénétration sont compatibles. Pour un miroir de Bragg classique, ces deux
notions sont analytiquement équivalentes dans la limite de haute réflectivité [179].

Couplage homogène et optimum pour tous les sites de piégeage :

Le couplage ne peut être constant sur l’ensemble des sites de la cavité à cause du
décalage entre les sites de piégeage et les sites résonants mais aussi à cause de la divergence
du faisceau qui impose une diminution du champ maximal par ventre. Si l’on néglige pour
l’instant la phase de Gouy et que l’on considère une cavité symétrique cylindrique, on
obtient que le couplage s’écrit pour le site situé à zs g = gmax/

√
1 + (zs/zR)2. Afin de

faire diminuer la différence de couplage entre sites, il convient donc de prendre zR �
L/2 = max (zs). Condition qui est en accord avec celle obtenue pour assurer un bon
chevauchement des sites de piégeage et résonants. Lorsque zR est important, la variation
est approximativement quadratique g = gmax

2

(
zs
zR

)2
. Cependant, par sa dépendance en

volume du mode gmax ∝ 1/√zR, le couplage tend donc vers 0 pour zR →∞. Nous devons
donc faire un compromis entre la valeur du couplage et son uniformité.
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Pour l’uniformité du couplage, nous savons que zR
L/2 est le paramètre à optimiser. Pour

la valeur du couplage, nous tenons à obtenir un système qui soit dans le domaine de cou-
plage fort gmax � κ, γ, en particulier pour nos résonateur courts κ > γ usuellement sauf
finesse exceptionnelle. Le rapport gmax

κ
= 2F

π

√
3λ1γ
πc

L
zR

est alors le paramètre à optimiser.
Par ailleurs, il existe d’autres contraintes de caractère plus expérimental : la condition
de stabilité du résonateur impose R > L/2, nous tenons aussi a éviter la configuration
confocale où R = L et les pertes du miroir à cause de son extension finie (cf. section 4.1.1),
ce qui limite l’utilisation de rayons de courbure trop importants pour lesquels la taille du
mode sur le miroir devient de l’ordre de son diamètre. La figure 3.12 présente les deux
paramètres à optimiser dans la zone de rayons de courbures expérimentalement utilisables.
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Figure 3.12 – Paramètres à optimiser le couplage pour une cavité de longueur L = 125 µm
et de finesse F = 50000. (a) : pour obtenir un couplage uniforme la divergence du faisceau doit
être faible au site maximal, soit zR

L/2 important. (b) : pour obtenir un système en couplage fort,
le couplage doit être bien supérieur aux pertes de la cavité.

La figure souligne donc la nécessité de faire un compromis entre le couplage maximal
et sa variation. Le choix d’un rayon de courbure de 300 µm permet d’avoir une longueur
de Rayleigh de l’ordre de la taille de la cavité, et assure que la différence de couplage,
par rapport au couplage maximum, sur le site le plus proche du miroir est de l’ordre de
gmax

2

(
L/2
zR

)2
= gmax

8 . Le couplage est alors 7 fois plus important que les pertes pour un
cavité de finesse F = 5.104, préservant ainsi la dynamique cohérente du système.

Le couplage varie aussi en fonction du site de piégeage à cause de la dilution de l’énergie
du champ dipolaire, impliquée par sa divergence, qui entraîne une diminution du confi-
nement de l’atome autour l’axe optique. Cependant, si l’atome est suffisamment refroidi
dans un piège suffisamment confinant, l’extension spatiale de son paquet d’onde devient
faible devant la variation spatiale du mode résonant et donc la variation du couplage
induite est faible. Le couplage pour chaque site est calculé numériquement en prenant en
compte tous les effets via l’intégration du module du champ pondéré par la densité de
probabilité d’un atome piégé dans le site en faisant l’hypothèse que celui-ci est localement
un piège harmonique. Les fréquences de piégeage pour chaque site sont calculées depuis
l’expression du champ dipolaire donnée par l’équation 3.18 avec k2 choisi pour vérifier
l’accord au centre de la cavité. La densité de probabilité est alors déduite grâce à l’équa-
tion 1.14. La figure 3.13 présente les résultats à température nulle, où le confinement est
optimal, pour différents décalages de la phase relative δφM ≡ φ2 − φ1/2 [π] par rapport
à la phase optimale. Le résultat démontre que la variation du couplage est relativement
faible (∼ 10%) pour la majorité des sites si la phase relative est optimale ; mais devient
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catastrophique et décroît jusqu’à 0 sur les miroirs si la phase relative est le contraire de
l’optimum, i.e. avec une erreur de 90̊ .
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Figure 3.13 – Couplage en fonction du site de piégeage dans la cavité à température nulle
pour une cavité symétrique cylindrique de paramètres F = 5.104, L = 125µm et R = 300µm. La
puissance du piège dipolaire est Pdip = 100 mW. Les différentes courbes présentent les variations
si la phase relative des miroirs n’est pas optimale.

3.3.2 Transmission et pertes du résonateur
La transmission de la cavité est l’outil de détection qui permet de sonder l’état quan-

tique d’un ensemble d’atomes. Nous nous intéressons ici au cas spécifique d’un résonateur
Fabry-Pérot dont les deux miroirs sont identiques.

Transmission d’une cavité Fabry-Pérot :

Considérons tout d’abord les coefficients de réflexion r et transmission t du champ
pour un miroir. Ils sont reliés aux coefficients en intensité, respectivement R et T qui
vérifient la conservation de l’énergie, soit R + T = 1. En incluant l’indice optique du
milieu extérieur ne, i.e. celui du substrat du miroir qui est extérieur à la cavité, et l’indice
optique du milieu de la cavité nc, et en utilisant les propriétés de symétrie de la matrice
de transfert entre les champs incidents et les champs sortants, les valeurs absolues des
coefficients s’écrivent [180] :

rec =
√

1− T eiφec et rce =
√

1− T eiφce (3.59)

tec =
√
ne

nc

√
T iei(φec+φce)/2 et tce =

√
nc

ne

√
T iei(φec+φce)/2 (3.60)

où les indices marquent le sens de propagation de l’onde incidente sur le miroir : avec
“ec” pour une onde incidente se propageant de l’extérieur vers la cavité et, “ce” pour une
onde incidente se propageant de la cavité vers l’extérieur ; et, où l’on a noté φec et φce les
phases de réflexion respectives.

Considérons alors une cavité Fabry-Pérot plane injectée par une onde plane comme
présenté sur la figure 3.14, le champ complexe incident sur le miroir Ei est transmis avec
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Miroir 2Miroir 1

Ei Ec1 Ec2

E'c1 E'c2Er
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rcerec
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e-2   /2

rce

tce

Figure 3.14 – Schéma d’injection d’un champ dans une cavité Fabry-Pérot.

un paramètre complexe de transmission tec et réfléchi avec un paramètre rec dans le mode
Er qui est l’onde plane se propageant en sens contraire de l’onde incidente. Le champ
transmis dans la cavité sur le miroir d’entrée Ec1 se propage jusqu’au miroir 2 où il est
en partie transmis et en partie réfléchi. La composante réfléchie se propage à nouveau
jusqu’au miroir 1, E ′c1, pour donner le champ réfléchi et une contribution à Ec1. Les
équations de réflexion et transmission des champs sur le miroir 1 s’écrivent :

Er = recEi + tceE
′
c1 et Ec = tecEi + rceE

′
c1 (3.61)

Par ailleurs, E ′c1 peut s’exprimer en fonction de Ec1 en propageant le champ et en incluant
les pertes énergétiques qui ne sont pas dues à la transmission à travers les miroirs. Ces
pertes sont modélisées par un paramètre L de pertes par miroir, le champ décroît donc
pour un tour dans la cavité de e−L. On obtient donc E ′c1 = e−ik2Le−LrceEc1, ce qui nous
permet de déduire Ec1 et la réflexion et la transmission de la cavité :

Ec1 = Ei
tec

1− r2
cee
−Le−ik2L (3.62)

r = Er

Ei
= rec + tectcercee

−Le−ik2L

1− r2
cee
−Le−ik2L (3.63)

t = Et

Ei
= tectcee

−ikLe−L/2

1− r2
cee
−Le−ik2L (3.64)

De plus, nous faisons l’approximation de grande finesse qui consiste à considérer
T ,L � 1, car ils sont expérimentalement de l’ordre de 10−5. On peut alors écrire√

1− T ' 1 − T /2 et e−L ' 1 − L. Nous nous intéressons par ailleurs à la transmis-
sion et réflexion proche de la résonance où −2kL + 2φce = 2πq − δφ et l’on effectue
l’approximation lorentzienne en développant e−iδφ ' 1 − iδφ. En ne conservant que les
termes d’ordre dominant, on aboutit à :

t ' −ei(φec+φce−kL) T
T + L+ iδφ

(3.65)

r ' eiφec

(
1− T
T + L+ iδφ

)
(3.66)

Par ailleurs, la différence de phase par rapport à la résonance est liée à la différence
de fréquence (ou plutôt pulsation) par δφ = 2Leffδk = δω

νISL
. En utilisant la formulation de
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la constante de vie d’un photon dans la cavité de l’équation 3.25, on peut alors exprimer
les coefficients en intensité :

TI (δω) = It

Ii
= ne |Et|2

ne |Ei|2
= |t|2 = T 2

(T + L)2
1

1 +
(
δω
κ

)2 (3.67)

RI (δω) = Ir

Ii
= |r|2 = 1−

(
1− L2

(T + L)2

)
1

1 +
(
δω
κ

)2 (3.68)

On obtient logiquement une forme lorentzienne qui est la transformée de Fourier de la dé-
croissance exponentielle du champ. On remarque que les valeurs à résonances de réflexion
L2

(T +L)2 et transmission T 2

(T +L)2 peuvent permettre de déduire les caractéristiques de trans-
mission et pertes des miroirs. L’intensité circulant dans la cavité s’exprime relativement
comme :

Ic

Ii
(δω) = T

(T + L)2
1

1 +
(
δω
κ

)2
L�T' F

π

1
1 +

(
Fδω
πνISL

)2 (3.69)

où la deuxième expression, valable dans les cavités où l’essentiel des pertes est dû à
la transmission des miroirs, fait apparaître l’amplification de l’intensité intra-cavité à
résonance induite linéairement par la finesse.

Les équations développées pour la cavité plane avec une onde plane s’appliquent aussi
pour les cavités générales en choisissant un mode de la base des modes de Hermite-Gauss
où le seul changement à effectuer est la prise en compte de la phase de Gouy dans la
propagation de l’onde, afin d’obtenir la condition de résonance correcte. Les coefficients
en intensité sont alors des coefficients en puissance en intégrant sur le plan orthogonal à
l’axe optique.

Couplage entre la fibre et la cavité :

Le développement précédent supposait que le champ incident avait la forme du mode
propre de la cavité. En pratique pour une cavité fibrée, le champ incident se couple au
mode avec une efficacité énergétique ε. Nous nous intéressons ici au cas du mode gaussien
injecté par le mode gaussien sortant de la fibre. Le calcul du recouvrement de deux modes
gaussiens ayant le même axe optique mène à [181] :

ε = 4(
w
w′

+ w′

w

)2
+
(

1
2kww

′
)2 ( 1

R
− 1

R′

)2 = 4(
w0
w′0

+ w′0
w0

)2
+
(

2(z0−z′0)
kw0w′0

)2 (3.70)

où la première expression est le résultat du recouvrement des champs à un point donné
de l’axe où les largeurs des faisceau sont w et w′ et leurs courbures R et R′. La deuxième
expression s’en déduit par les équations 3.6 et 3.7 en se ramenant aux largeurs aux cols,
w0 et w′0, et aux positions, z0 et z′0, des cols. La formule se généralise aux faisceaux
astigmatiques et elliptiques en prenant le produit des racines des couplages dans les deux
axes de base choisis.

Dans le cas où le miroir est placé sur une fibre optique monomode dont le mode guidé
a une taille wf , le mode injecté dans la cavité après le passage du miroir 19 a une taille wf

19. Si l’on considère que l’épaisseur du miroir est faible devant la longueur de la cavité.
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et une courbure Rf = R/(1− nf) où R est le rayon de courbure du miroir 20 et nf ' 1, 45
l’indice de la fibre optique, le couplage s’écrit donc [48] :

ε = 4(
wf
wM

+ wM
wf

)2
+
(
πnfwfwM

λR

)2 (3.71)

où wM est la largeur du mode gaussien de la cavité sur le miroir. Pour un type de fibre
donné avec un miroir de rayon de courbure fixé, le couplage dépend de la longueur de la
cavité via wM comme l’illustre la figure 3.15. Une fibre avec un coeur plus large (wf =
4, 5 µm) que les fibres standard (wf = 3 µm) permet d’obtenir un meilleur couplage dans
notre cas, car le mode de la cavité sur le miroir (pour R = 300 µm, L = 125 µm et
λ = λRb) est de 6, 2 µm.
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Figure 3.15 – Couplage du mode de la fibre au mode de la cavité dans le cas d’une cavité
symétrique à miroirs circulaires de rayon de courbure R = 300 µm pour différentes tailles de
mode de la fibre.

Dans le cas où les axes optiques sont décalés mais parallèles avec une distance d (cf.
figure 3.16a), c’est-à-dire, quand la structure du miroir n’est pas centrée sur le coeur de
la fibre, le couplage s’écrit alors [181] :

εd = εe
− d

2
d2e avec d2

e = 2

ε
(

1
w2

f
+ 1

w2
M

+
(
kwf
2Rf

)2
+
(
kwM
2R

)2
) = 2

ε
(

1
w2

0,f
+ 1

w2
0

) (3.72)

Pour nos cavités avec une fibre standard la variation à 1/e du couplage par déplacement est
ainsi de ' 4, 8µm. La condition sur le centrage des miroirs pour obtenir un bon couplage
doit donc satisfaire lEC � 4, 8µm, où lEC est la distance entre le centre du miroir et le
coeur de la fibre.

Dans le cas où les axes optiques présentent un angle θ, dans la limite des faibles angles,
la variation du couplage est gaussienne et se met sous la forme [181] :

εθ = εe
− θ

2
θ2e avec θ2

e = 2

π2ε
(
w2

f
λ2 + w2

M
λ2

) (3.73)

20. La largeur et la position du col du mode quittant le fibre sont donnés par :

w2
0,f = w2

f

1 +
(
πw2

f
λRf

)2 et z0,f = zM −
Rf

1 +
(
λRf
πw2

f

)2
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Ainsi dans notre situation expérimentale, la variation à 1/e du couplage entraînée par un
mauvais alignement est θe ' 3, 8̊ . L’angle d’alignement de la fibre avec l’axe de la cavité
pour obtenir un bon couplage doit donc être très inférieur à cette valeur.
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Figure 3.16 – Couplage du mode de la fibre au mode de la cavité en présence d’erreurs de
centrage d ou d’angle θ . (a) : Schéma du couplage représentant le mode de la cavité (rouge) et
le mode quittant la fibre avec les erreurs. (b) : Distance et angle caractéristiques du couplage
pour des erreurs d’alignement des modes pour une fibre de mode wf = 3 µm avec un miroir de
rayon de courbure R = 300 µm.

La figure 3.16b présente la variation de de et θe en fonction de la longueur de la cavité.
Le positionnement latéral est de moins en moins sensible sur le couplage car la taille
du mode devient bien plus importante que le mode de la fibre. Par contre la sensibilité
angulaire augmente car les positions des cols s’éloignent.

Transmission et réflexion d’une cavité fibrée :

La puissance incidente dans le mode gaussien de la cavité est donc donnée par Pi,0 =
εPi. La puissance transmise Pt dans le mode de la cavité se couple à la fibre de sortie avec
un facteur ε2. La transmission de la cavité fibrée est alors donnée par :

TCF (δω) = Pt

Pi
= ε ε2

T 2

(T + L)2
1

1 +
(
δω
κ

)2 (3.74)

La transmission depuis le mode de l’espace libre du laser couplé dans la fibre comporte un
facteur multiplicatif ηf ∼ 0, 8 qui représente le couplage dans la fibre. Ce facteur peut être
connu expérimentalement en couplant le laser dans une fibre avec mesure du couplage
et en effectuant un soudage optique de cette fibre à celle portant le miroir. La qualité
du soudage optique est normalement très bonne (pertes ∼ 1% mesurées sur une série de
soudages) et permet de supposer que la puissance injectée est celle mesurée précédemment.

Dans nos expériences, le critère important est la collection des photons contenus dans
le mode de la cavité, via la transmission. Ainsi le paramètre le plus critique est ε2 car
la puissance dans la cavité est proportionnelle à ε. En utilisant une fibre multimode
pour la fibre de sortie, la collection de la lumière du mode gaussien est quasi parfaite
(ε2 ' 1). En effet, le facteur limitant est l’ouverture numériqueNA = sin θa ' 0, 22 avec θa
l’angle d’acceptance des fibres que nous utilisons. Tant que l’angle de divergence du mode
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θ0 = λ/πw0 reste inférieur à θa, le couplage est proche de 1. Ceci impose pour la largeur
du col w0 > λ/πθa ' 1, 1 µm qui est bien vérifiée pour nos conditions expérimentales.

Pour la réflexion, la puissance réfléchie dans le mode de la fibre résulte des interfé-
rences entre le champ gaussien qui se couple à la cavité et les autres modes non couplés.
Le mode du champ normalisé au champ incident dans la fibre est décomposé selon la base
des modes TEM qui sont la composante circulant dans le sens incident des modes propres
de la cavité selon |f〉 = Cg|g〉 + ∑

m,n 6=0,0Cm,n|m,n〉 où |g〉 = |0, 0〉 est le mode gaussien
et les |m,n〉 sont les modes d’ordres supérieurs (version avec le formalisme de Dirac de
l’équation 3.10). Pour alléger les notations, nous nous limitons ici au cas de miroirs circu-
laires, la généralisation se dérive sans difficultés par la même méthode. La normalisation 21

implique 〈f |f〉 = 1 = |Cg|2+∑m,n 6=0,0 |Cm,n|2. Par ailleurs le couplage en énergie du champ
de la fibre au mode gaussien donne |〈g|f〉|2 = |Cg|2 = ε, donc ∑m,n 6=0,0 |Cm,n|2 = 1− ε.

Comme la base choisie est celle des modes de la cavité, chacun des modes du champ
est réfléchi sur lui-même lors de la réflexion sur le miroir car sa courbure est la même que
celle des modes. On en déduit donc que l’opérateur de réflexion R̂ transforme le vecteur
|m,n〉 en rm,neiφr,m,n|m,n,−〉 où |m,n,−〉 est le champ se propageant dans le sens opposé
au champ incident, rm,n est le coefficient de réflexion du mode sur la cavité donnée par
l’équation 3.66 et φr,m,n est la phase résultant de la définition de la base. En effet, l’origine
des phases est au col du faisceau dans la cavité que l’on définit comme origine de l’axe
des positions (z0 = 0). Lors de la réflexion, la phase du champ réfléchi sur le miroir
hors résonance est celle du champ incident sur le miroir plus la phase de réflexion φec :
δωm,n → ∞ ⇒ rm,n = eiφec . Afin de respecter cette condition sur le miroir, la phase de
l’opérateur de réflexion doit vérifier φr,m,n = −2kz1 + 2 (m+ n+ 1) arctan

(
z1
zR

)
avec z1 la

position du miroir.
Le seul mode dont l’amplitude est modifiée est le mode fondamental, soit R̂|g〉 =

reiφg |g,−〉 où r est donné par l’équation 3.66 et φg = −2kz1 + 2 arctan
(
z1
zR

)
est la phase.

Les autres modes subissent uniquement un déphasage qui dépend de leur phase de Gouy,
soit R̂|m,n〉 = eiφr,m,n|m,n,−〉 = ei(φg+φec)ei2(m+n) arctan(z1/zR)|m,n,−〉.

Le mode de couplage à la fibre lors de la réflexion |f,−〉 est simplement le mode de
la fibre se propageant en sens inverse qui possède donc les mêmes coefficients que |f〉 lors
de sa décomposition, soit |f,−〉 = Cg|g,−〉 + ∑

m,n 6=0,0Cm,n|m,n,−〉. Le champ couplé à
la fibre lors de la réflexion s’écrit donc :

Er

Ei
= 〈f,−|R̂|f〉 = eiφg

r|Cg|2 + eiφec
∑

m,n 6=0,0
|Cm,n|2e

i2(m+n) arctan
(
z1
zR

)
= ei(φg+φec)

(
re−iφecε+ η (1− ε)

) (3.75)

où l’on a introduit le coefficient complexe de couplage du champ réfléchi des modes non
gaussiens à la fibre :

η = 1
1− ε

∑
m,n 6=0,0

|Cm,n|2e
i2(m+n) arctan

(
z1
zR

)
(3.76)

qui vérifie |η| ≤ 1. L’égalité implique que les phases sont toutes égales, ce qui est vérifié si
le miroir est plan et signifie que le mode réfléchi est exactement le mode incident en sens
opposé. Le coefficient de réflexion en puissance se déduit donc :

RCF (δω) = Pr

Pi
= |r|2ε2 + (1− ε)2 |η|2 + 2ε (1− ε)<

(
re−iφecη∗

)
(3.77)

21. Le produit scalaire est défini par l’intégrale transverse des champs comme dans l’équation 3.9.
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Les deux premiers termes sont les contributions respectives du mode gaussien et des modes
d’ordres supérieurs si elles étaient incohérentes et le troisième terme est leur interférence.
Ce dernier terme dépend de la variation en fréquence autour de la résonance δω et modifie
donc la forme de la réflexion à résonance par rapport à la lorentzienne inversée observée
pour un couplage parfait au mode gaussien. En notant η = |η|eiφη , on peut l’exprimer
comme :

2ε (1− ε)<
(
re−iφecη∗

)
= 2ε (1− ε) |η|

[
cos (φη)

1− T
T + L

1
1 +

(
δω
κ

)2


+ sin (φη)

T
T + L

δω
κ

1 +
(
δω
κ

)2

] (3.78)

La contribution de ce terme est donc maximale quand le couplage au mode gaussien est
ε = 0, 5 et lorsque le couplage des modes d’ordres supérieurs réfléchis est parfait, soit
|η| = 1. La forme de la résonance est modifiée par l’addition d’un terme lorentzien et
d’un terme dispersif, où la phase relative φη des modes d’ordres supérieurs par rapport
au mode gaussien décide du poids et du signe de chaque terme.

La figure 3.17 présente les réflexions en puissance attendues pour les cas où l’inter-
férence est importante par rapport au couplage parfait. Lorsque sinφη = 0, la réflexion
est lorentzienne, mais les valeurs à résonance et hors résonance sont affectées par le cou-
plage des modes d’ordre supérieurs. La situation de la figure 3.17a où φη = π voit les
interférences des modes d’ordre supérieur réduire à 0 la réflexion hors résonance et une
valeur non nulle lorsque le mode fondamental n’est que partiellement réfléchi à résonance.
Cette situation, d’interférence totalement destructive où la lumière réfléchie est entière-
ment perdue dans les modes non guidant de la fibre, est cependant très improbable. En
effet, elle implique que les seuls modes de la cavité dont la composante au champ de la
fibre est non nulle sont les modes qui vérifient 2 (m+ n) arctan (z1/zR) = (2p+ 1) π avec
p entier.

Pour un certain 22 φη, la courbe a une forme de courbe de dispersion. Cet effet peut être
utile car il permet d’obtenir un signal d’erreur directement depuis la réflexion pour asservir
la longueur de la cavité sans avoir à utiliser la méthode standard de Pound-Drever-Hall de
détection hétérodyne en modulant le laser d’asservissement [182, 183]. Dans l’expérience
de cavité fibrée précédente, une des cavités a été asservie de cette façon [162].

Par ailleurs, le traitement effectué ici pour des cavités fibrées peut se généraliser au cas
des cavités macroscopiques lorsqu’un élément réalise un filtrage spatial. L’effet s’observe
fréquemment lorsque la photodiode de détection ne collecte qu’une partie de la réflexion
et est mal centrée sur l’axe optique. Un effet similaire peut être obtenu en utilisant les
interférences entre le mode gaussien et le mode TEM01 sur une photodiode double dont
les signaux sont soustraits [184].

L’expression de la réflexion fait donc intervenir 6 paramètres réels (ε, |η|, φη, T , L et
κ). La mesure de la transmission d’un miroir T peut s’effectuer directement sur un miroir.
Par ailleurs la mesure d’un spectre de transmission fournit la largeur de la résonance κ.
La mesure de la longueur de la cavité permet alors de déduire la finesse qui, connaissant
la transmission du miroir, permet de déduire les pertes L. La mesure de la transmission
à résonance permet de trouver le couplage ε via l’équation 3.74(sous l’hypothèse ε2 = 1).
Un ajustement de RCF peut aussi permettre de déduire |η| et φη.

22. La valeur dépend des autres paramètres.
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Figure 3.17 – Réflexion de la cavité en puissance pour un couplage au mode gaussien ε =
0, 5 où la contribution des termes d’interférence entre le mode gaussien et les modes d’ordres
supérieurs est importante. Les diverses courbes présentent divers cas de déphasage selon la valeur
de 0 < φη < π. Les courbes non représentées pour −π < φη < 0 sont les symétriques des courbes
pour −φη par rapport à l’axe δω = 0. La courbe en pointillés présente la réflexion si le couplage
est parfait. Les valeurs de transmission et réflexion d’un miroir ont été prises égales T = L (cf.
données expérimentales). (a) Cas où les modes d’ordres supérieurs sont réfléchis entièrement
dans la fibre |η| = 1 : interférence maximale. (b) Un cas où les modes d’ordres supérieurs sont
partiellement réfléchis dans la fibre |η| = 0, 5.

3.3.3 Biréfringence de la cavité

Les modes du champ en cavité sont à priori la combinaison linéaire de deux modes de
polarisation selon deux vecteurs arbitraires et dégénérés en énergie. Cependant, pour des
résonateurs de haute finesse, une séparation spectrale des modes apparaît dans nombre
d’expériences. Cet effet constitue un problème pour les expériences visant à mesurer une
faible biréfringence en l’amplifiant par l’utilisation d’une cavité, comme les expériences de
mesure de violation de la parité de l’interaction faible [185] ou de mesure de la biréfringence
magnétique du vide [186]. Pour les expériences de électrodynamique quantique en cavité,
cet effet peut être un problème ou un avantage selon la configuration expérimentale et les
manipulations quantiques recherchées.
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L’origine de la biréfringence peut provenir de la biréfringence des matériaux consti-
tuant l’empilement de couches diélectriques des miroirs de haute réflectivité. Cependant,
cette explication du phénomène n’est pas très convaincante car dans le processus de dépo-
sition les matériaux déposés sont à priori amorphes. La référence [187] présente une revue
des biréfringences observées et démontre que la biréfringence doit alors être induite par les
couches les plus proches du substrat pour expliquer sa décroissance lorsque la réflectivité
augmente. Une origine de cette biréfringence peut néanmoins s’expliquer par un stress
mécanique induit sur les miroirs [188] ; cependant, cet effet devrait être faible pour les
cavités fibrées car le miroir est situé à une distance bien supérieure à sa taille du point de
collage induisant le stress.

Origine géométrique de la biréfringence

La résolution de l’équation paraxiale que nous avons utilisée au paragraphe 3.1.1 pour
obtenir les modes de Hermite-Gauss est en fait une solution scalaire du problème. La
théorie peut être étendue à une solution vectorielle dont la référence [189] démontre que le
champ peut se développer en série de termes pondérés par le paramètre de l’approximation
paraxiale 1

kw0
. La correction au premier ordre du champ vectoriel est alignée avec l’axe

optique. Pour un miroir parfait, la condition de réflexion impose que le champ tangent
à la surface du miroir est nul, Etan = 0. Cette condition diffère donc pour le champ
vectoriel par rapport au champ scalaire qui est vérifiée implicitement si la polarisation a
été choisie selon l’axe l orthogonal à l’axe de la cavité, El = 0. Ainsi, la condition sur le
champ vectoriel prend en compte la courbure du miroir selon l’axe de polarisation choisi.
Si l’on choisit les axes propres du miroir elliptique, il est alors clair que les deux modes
de polarisation vont avoir une condition de résonance différente pour pouvoir respecter la
condition Etan = 0 sur le miroir.

Le calcul de la différence de fréquence entre la solution scalaire et la solution vectorielle
au premier ordre dans une cavité plan-parabolique a été développé dans [190] pour un
miroir à symétrie circulaire avec le mode fondamental puis étendu aux modes elliptiques
et d’ordres supérieurs dans [191]. Le principe du calcul est basé sur la référence [192]
qui permet de calculer la variation de la fréquence de la cavité causée par une déviation
de la surface du miroir par rapport à la forme idéale en utilisant la deuxième identité de
Green 23. En appliquant l’identité avec la solution scalaire de Hermite-Gauss et la solution
vectorielle correspondante au premier ordre polarisée selon l’axe l, le calcul démontre que
la différence de fréquence entre les deux s’écrit au premier ordre :

∆νpol,l = − c

4πkLRl

(3.79)

où Rl est le rayon de courbure du miroir selon l’axe l, L est la longueur de la cavité et
k le nombre d’onde. La différence entre les deux corrections pour les axes x et y donne
donc la séparation en polarisation des deux modes :

δν = νISL

2πk

( 1
Rb

− 1
Ra

)
(3.80)

où l’on a renommé les axes x et y par les axes a et b qui correspondent respectivement
aux axes majeur et mineur de l’ellipse du miroir. La différence en fréquence est reliée au

23.
∫
V

(
f∇2g − g∇2f

)
d3r =

∮
S

(f∇g − g∇f) .dS pour deux fonction f et g continument dérivables
deux fois.
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retard de phase δφp pris sur l’axe a par rapport à l’axe b lors de la réflexion sur le miroir
courbé qui s’écrit donc :

δφp = 2πδν
νISL

= λ

2π

( 1
Rb

− 1
Ra

)
= λ

2π∆M avec ∆M =
( 1
Rb

− 1
Ra

)
(3.81)

où ∆M représente la partie géométrique de la biréfringence qui est indépendante de la
longueur d’onde, et que nous désignerons sous le nom de biréfringence géométrique du
miroir. La notion de biréfringence du miroir est rendue pertinente par l’indépendance de
δφp en L qui rend le traitement effectué indépendant de la cavité choisie pour effectuer le
calcul.

Biréfringence d’une cavité à deux miroirs elliptiques :

Axe optique

Axe rapide

Miroir 1 Miroir 2

θ : angle de rotation

Axe rapide

Axe propre
de la cavité

Ψ

Axe lent
δΦ1

Axe lent
δΦ2

Figure 3.18 – Schéma de la biréfringence en cavité : les axes propres des miroirs (bleus) et les
valeurs de différence de phases associées définissent les axes propres de polarisation de la cavité
(rouges).

Lorsque l’on forme une cavité avec deux miroirs elliptiques, les modes propres de
polarisation sont déterminés par la condition de conservation de la polarisation lors d’un
aller-retour dans la cavité. Le formalisme de Jones [193] permet de calculer l’évolution de
la polarisation dans un système biréfringent selon un axe de propagation. Nous prenons
comme base de l’espace de polarisation, les deux polarisations linéaires alignées avec les
axes rapide et lent du premier miroir (cf. figure 3.18). Les axes du second miroir ont un
angle θ dans cette base. Le miroir j a un effet qui s’écrit dans sa base d’axes propres
comme une matrice diagonale Mj = diag

(
1; eiδφj

)
. La matrice M de propagation d’un

tour dans la cavité est donc la multiplication des matrices de chaque miroir tournées dans
la base choisie grâce à la matrice de rotation R :

M = R (θ)M2R (−θ)M1

=
 cos2 θ + sin2 θeiδφ2 cos θ sin θeiδφ1

(
1− eiδφ2

)
cos θ sin θ

(
1− eiδφ2

) (
cos2 θeiδφ2 + sin2 θ

)
eiδφ1

 (3.82)

Les biréfringences sur les miroirs sont en pratique très faibles car elles sont au maxi-
mum de l’ordre de λ

2πRb
et les rayons de courbure sont au moins de deux ordres de grandeurs

plus importants que λ. Ainsi, δφj � 1 et nous pouvons donc diagonaliser M dans cette
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approximation [194]. On obtient ainsi les valeurs propres en développant à l’ordre 2 en
δφ1 et δφ2 :

α± = 1+iδφ1 + δφ2

2 −δφ
2
1 + δφ2

2
4 −cos2 θ

δφ1δφ2

2 ±i12

√
δφ2

1 + δφ2
2 + 2δφ1δφ2 cos (2θ) (3.83)

La matrice M étant unitaire ses valeurs propres s’écrivent α± = eiφ± où φ± représente le
déphasage du vecteur propre associé lors d’un tour dans la cavité. Les valeurs de φ± sont
du même ordre que les δφj qui les engendrent donc on peut développer au premier ordre
la différence α+ − α− = eiφ+ − eiφ− ' i (φ+ − φ−) = iδφ où l’on a introduit la différence
de phase entre les deux valeurs propres δφ qui s’écrit en utilisant l’équation 3.83 :

δφ =
√
δφ2

1 + δφ2
2 + 2δφ1δφ2 cos (2θ) (3.84)

Ce déphasage est caractéristique de l’écart en fréquence entre les deux modes de polari-
sation δν = νISL

2π δφ. Cet écart en fréquence est à comparer avec la largeur spectrale du
résonateur κ afin de quantifier la levée de dégénérescence ; on obtient alors la séparation
relative ε qui s’écrit en exprimant la phase avec les phases géométriques des miroirs :

ε (θ) = δν

κ
= λF

2π

√
∆2

1 + ∆2
2 + 2∆1∆2 cos (2θ) (3.85)

On remarque alors que la séparation est gouvernée par un terme d’origine entièrement
géométrique que nous appelons biréfringence géométrique de la cavité :

∆ (θ) = 2π
λF

ε (θ) =
√

∆2
1 + ∆2

2 + 2∆1∆2 cos (2θ) (3.86)

Les effets des biréfringences des miroirs s’accumulent logiquement quand les axes rapides
sont alignés, où ∆ (θ = 0) = ∆1 + ∆2, et se compensent quand l’axe lent du second miroir
est aligné avec l’axe rapide du premier, où ∆ (θ = 90̊ ) = |∆1 −∆2|. Dans le cas où les
miroirs ont la même biréfringence géométrique, les modes de cavité sont dégénérés. La fi-
gure 3.19a présente quelques cas possibles pour l’évolution de la biréfringence géométrique
en fonction de l’angle relatif.

Dans le cas où les biréfringences sont faibles, les polarisations propres sont linéaires
au premier ordre. Le calcul du vecteur propre “rapide” qui a le déphasage le plus faible
φ− permet de trouver l’angle ψ de la polarisation de ce mode qui est donné par :

ψ (θ) = arctan

 −1
sin (2θ)

δφ1

δφ2
+ cos (2θ)−

√√√√1 +
(
δφ1

δφ2

)2

+ δφ1

δφ2
2 cos (2θ)


 (3.87)

La valeur de l’angle ne dépend ainsi que du ratio entre les biréfringences des miroirs. La
figure 3.19b montre l’évolution de l’angle en fonction de divers ratios de biréfringences.
Quand la biréfringence est très importante pour l’un des miroirs ∆2

∆1
� 1 ou ∆2

∆1
� 1, le

mode rapide est aligné avec l’axe rapide du miroir le plus biréfringent. Dans le cas d’une
biréfringente équivalente ∆2 = ∆1, le mode rapide est sur la bissectrice des axes rapides.
Proche de la biréfringence maximale, la variation est linéaire avec une pente donnée par :

∂ψ

∂θ
(θ = 0) = 1

δφ1
δφ2

+ 1
= 1

∆1
∆2

+ 1
(3.88)
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Figure 3.19 – (a) : évolution de la biréfringence géométrique en fonction de l’angle entre les
deux axes rapides des miroirs pour différents déphasages. (b) : Angle de la polarisation du mode
intra-cavité dans le repère du miroir 1 en fonction de la rotation relative du miroir 2 pour divers
ratios de biréfringences. Le mode représenté est le mode “rapide” qui est aligné avec les axes
rapides dans la configuration de biréfringence maximale (θ = 0). δφ1 = 2π10−4 et δφ2 varie
selon le ratio. Les lignes sont les résultats de l’équation 3.87 et les points sont les résultats de la
résolution numérique de la diagonalisation sans approximation.

3.3.4 Couplage d’un atome à deux modes du champ
L’existence du second mode de polarisation modifie les résultats de la détection par

rapport au système de Jaynes-Cummings avec des pertes et injection d’un laser a réso-
nance.

Modèle à deux niveaux avec approximation de faible excitation :

Pour avoir un aperçu analytique de la détection dans le cas où l’atome se couple
à deux modes propres a et b du champ, nous considérons un atome à deux niveaux
également couplé aux deux modes. On peut faire l’hypothèse que cette description peut
être représentative de la situation où les sous-niveaux Zeeman sont dégénérés, dans laquelle
les états fondamentaux et excités pourraient se réduire respectivement à un seul niveau
effectif. On note b̂ l’opérateur annihilation du second mode qui a les mêmes pertes κ que
le mode a. On se limite à la situation de détection où laser, atome et mode a de la cavité
sont à résonance, soit ω = ωat = ωc,a et on note δ = ωc,a − ωc,b le désaccord entre les
deux modes de polarisation. Seul le mode a est injecté par le laser. Le hamiltonien dans
le référentiel tournant s’écrit alors :

ĤJC,p,resa = −~δb̂†b̂+ ~g
(
σ̂−â

† + σ̂+â+ σ̂−b̂
† + σ̂+b̂

)
− i~η

(
â− â†

)
(3.89)

Et l’équation pilote s’écrit :

dρ̂
dt = 1

i~
[
ĤJC,p,resa, ρ̂

]
+ γ (2σ̂−ρ̂σ̂+ − ρ̂σ̂+σ̂− − σ̂+σ̂−ρ̂)

+ κ(2âρ̂â† − ρ̂â†â− â†âρ̂) + κ(2b̂ρ̂b̂† − ρ̂b̂†b̂− b̂†b̂ρ̂)
(3.90)
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Pour trouver la solution stationnaire à faible excitation, on se limite à l’espace à une
excitation au maximum {|f, 0, 0〉, |e, 0, 0〉, |f, 1, 0〉, |f, 0, 1〉} où les chiffres indiquent, dans
l’ordre, l’état de Fock dans le mode a et dans le mode b. Puis, on ne conserve dans le
résultat que le terme dominant en η. On obtient ainsi les populations des états donnés
par les termes diagonaux de la matrice densité. Les populations des états représentent les
populations des sous-systèmes :

ρe,0,0 = pe = η2g2 (δ2 + κ2)
δ2 (g2 + γκ)2 + κ2 (2g2 + γκ)2 (3.91)

ρf,1,0 = nc,a =
η2
(
(g2 + γκ)2 + γ2δ2

)
δ2 (g2 + γκ)2 + κ2 (2g2 + γκ)2 (3.92)

ρf,0,1 = nc,b = η2g4

δ2 (g2 + γκ)2 + κ2 (2g2 + γκ)2 (3.93)

Lorsque l’on considère la transmission totale du système 24, on obtient :

T1

T0
=

2 + 1
C

+ 1
4C2

(
1 + δ2

κ2

)
(
2 + 1

2C

)2
+
(
1 + 1

2C

)2
δ2

κ2

(3.94)

On remarque que la transmission est fonction de la séparation relative des modes ε = δ/κ.
Lorsque le second mode est très séparé (δ →∞), on retrouve le résultat à un seul mode
de l’équation 3.46. Lorsque les modes sont dégénérés, dans le cas où la coopérativité est
importante (C � 1), la transmission ne chute que de moitié lorsque l’atome est résonant.
La figure 3.20a présente la variation en fonction de la séparation relative des modes. On
remarque que les deux modes de polarisation contribuent approximativement également à
la transmission lorsque la séparation relative ε est inférieure à la coopérativité. L’excitation
est alors équitablement répartie entre les deux modes de cavité par l’atome.

Pour le taux d’émission spontanée par photon incident qui caractérise la décohérence
induite par la mesure, on obtient :

Γph,eff = 1
C

1 + δ2

κ2(
2 + 1

2C

)2
+
(
1 + 1

2C

)2
δ2

κ2

(3.95)

Le résultat converge bien vers la valeur de Γph,eff ' 1/C lorsque C � 1 comme pour
le cas à un mode dans la limite où δ → ∞. La valeur séparation nulle est cependant
surprenante car on obtient 1/4C. La figure 3.20b montre la variation entre ces deux
limites. Alors que le nombre de photons dans la cavité augmente, l’émission spontanée
diminue. Ce comportement contre intuitif du système peut s’interpréter comme un effet du
fort couplage aux modes de la cavité qui limite l’excitation car l’état excité est fortement
couplé à l’état fondamental avec une constante de couplage 2g. En effet, dans le système
à un mode, le taux d’émission spontanée par photon incident est 1/C. Ceci correspond
à la part de l’émission spontanée due à l’effet Purcell pour un atome dans l’état excité
dans une cavité résonante (à un facteur deux près, cf. équation 3.37). Pour le système à
un mode, même si l’excitation n’est pas résonante avec le système atome/champ, l’atome

24. Car en pratique la fibre optique de sortie rend complexe la séparation des signaux des deux modes
de polarisation.
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Figure 3.20 – Résultats du modèle à deux niveaux à faible excitation avec la coopérativité
attendue expérimentalement C = 98 en fonction de la séparation relative des modes. (a) :
Transmission à un atome couplé par rapport à la cavité vide en échelle linéaire dans la zone
expérimentalement atteignable (gauche) et en échelle logarithmique dans l’ensemble du domaine
où les variations sont significatives (droite). Les courbes pointillées montrent les contributions
à la transmission des deux modes de polarisation. (b) : taux d’émission spontanée par photon
incident sur la cavité.

semble absorber le photon puis le réémettre en fonction de l’effet Purcell. Dans le système
à deux modes, le couplage est deux fois plus élevé et l’effet Purcell est donc multiplié par
quatre, soit un taux d’émission spontanée par photon incident de 1/4C.

Cependant, cette description à deux niveaux n’est peut-être pas représentative du
système réel où les modes de polarisation ne sont pas couplés aux mêmes transitions entre
les états Zeeman qui sont multiples dans l’état fondamental comme dans l’état excité.

Atome de rubidium en cavité biréfringente :

Le modèle précédent ne reflète effectivement pas la complexité de l’atome de Rubidium.
La résolution du système réel doit prendre en compte la structure hyperfine de l’état
excité dont les niveaux sont séparés de quelques centaines de MHz, i.e. de l’ordre de la
constante de couplage et de la différence de fréquence entre les modes de polarisations. La
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résolution exacte doit contenir aussi les sous-niveaux Zeeman et les coefficients de Clebsch-
Gordan pour chaque transition en fonction de la polarisation. Un code d’évolution de la
matrice densité a été développé dans notre équipe pour simuler les résultats attendus avec
des atomes de rubidium dans des cavités réelles [195]. Nous avons calculé 25 l’évolution
de la matrice densité réduite à deux photons maximum dans le mode de polarisation
injecté et un photon maximum 26 dans le second mode avec un taux de photon incident
de η2/κ = 7, 6 MHz 27 . Les valeurs des populations convergent rapidement vers des valeurs
quasi-stationnaires à l’échelle de quelques oscillations de Rabi du vide, i.e. en environ 50
ns. Les évolutions ont été simulées sur une microseconde 28.

Dans le cas où l’atome est pompé dans le niveau fondamental F = 2,mF = 2, où
les modes de polarisation de la cavité sont dégénérés et où le laser est couplé au mode
de polarisation circulaire induisant une transition σ+ vers l’état excité F ′ = 3,m′F = 3,
l’atome reste dans le sous-espace engendré par ces deux états. Comme le niveau excité
n’est pas couplé au mode σ− du champ, le système se réduit effectivement à un atome à
deux niveaux couplé à un mode du champ. Le résultat de la résolution de l’équation pilote
confirme que le second mode n’a aucun effet. Le problème principal de cette configuration
est la nécessité technique d’obtenir une injection de polarisation circulaire. En effet, les
modes de la cavité doivent être dégénérés et donc requièrent des miroirs de symétrie
circulaire suffisante, de façon à rendre moins critique l’alignement angulaire des axes
propres et la nécessité d’égalité des biréfringences de chaque miroir. L’autre partie de la
difficulté expérimentale est due à l’analyse de la polarisation injectée et son asservissement.
La biréfringence de la fibre optique, changeante en fonction des contraintes thermiques et
mécaniques, nécessite une détection non triviale de la polarisation injectée via la réflexion
d’un laser sur le miroir d’entrée de la cavité.

Pour le cas d’une détection avec un atome dans |F = 2,mF = 0〉 sur la transition
π, le couplage au second mode doit être pris en compte dans la mesure. La figure 3.21
présente les résultats en régime stationnaire obtenus via l’évolution de la matrice densité.
L’augmentation de transmission relative prévu par le modèle à deux niveaux est observée
et confirme la nécessité d’utiliser une cavité avec une séparation biréfringente aussi grande
que possible pour la détection. La présence des niveaux F ′ = 2 et F ′ = 1 est l’origine de
l’asymétrie à δ > 0 et invite l’expérimentateur à utiliser le mode de polarisation avec la
plus basse fréquence comme mode résonant.

Le taux d’émission spontanée par photon incident reste relativement faible et proche
de la valeur attendue 29 à large séparation Γph,eff (δ →∞) ' 0.017. Par ailleurs, la trans-
mission relative dans le cas dégénéré (∼ 0.1) n’atteint pas une valeur aussi importante
que celle du modèle théorique (0, 5) et le taux d’émission spontané par photon incident

25. Ces simulations ont été menées en collaboration avec Eckhard Wallis, stagiaire de Master 2.
26. Pour limiter l’espace de Hilbert de l’évolution et donc le temps de calcul (qui prend plusieurs heures

pour la simulation présentée). Le second mode est pris avec une limite plus basse car il est normalement
moins peuplé. Le nombre moyen de photons maximal sur l’ensemble des simulations est d’environ 6.10−3

pour chacun des modes ; ce qui confirme l’hypothèse de faible excitation du mode photonique faite ici.
27. Ce taux produit un taux de photons détectés de l’ordre de 2 MHz en tenant compte des pertes de

la cavité, prises par miroir égales à la transmission T = L, et de l’efficacité de détection, soit un taux de
détection environ à la limite de linéarité des détecteurs de photons.
28. La limitation est ici choisie par rapport au temps de calcul nécessaire. Cependant, le taux de

photons incidents étant suffisamment conséquent devant cette échelle (7,6 photons injectés en moyenne),
les évolutions à temps caractéristiques longs comme la diffusion Zeeman sont visibles.
29. La valeur est ici augmentée d’un facteur 1/0, 6 par rapport à la valeur déduite du couplage maximal

considéré pour le cas à deux niveaux, car le couplage sur cette transition est réduit d’un facteur
√

0, 6
par les coefficients de Clebsch-Gordan.
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Figure 3.21 – Résultats quasi-stationnaires de la transmission et de l’émission spontanée par
photon incident dans la situation expérimentale par résolution numérique de l’équation pilote
(paramètres attendus expérimentalement (g;κ; γ) = (84; 12; 3) × 2π MHz avec g le couplage
de la transition cyclante F = 2,mF = 2 → F ′ = 3,m′F = 3). L’atome est initialement dans
F = 2,mF = 0 résonant avec le mode de cavité injecté qui induit une transition π vers F ′ = 3.
Les résultats sont donnés en fonction du désaccord δ entre les deux modes de polarisation (pour
δ < 0, le second mode est sur le bleu de la transition atomique résonante). L’intervalle entre
deux points est le taux de pertes du champ κ. Les points sont les résultats du système réel (avec
les contributions des deux modes pour la transmission) ; la ligne verte marque le cas idéal où
le second mode n’est pas couplé, vers lequel le système converge lorsque le désaccord tend vers
l’infini. L’asymétrie du résultat par rapport à 0 provient de la présence des transitions vers les
niveaux F ′ = 2 et F ′ = 1 situés sur le rouge de la transition résonante.

augmente au lieu de diminuer, ce qui confirme les faiblesses de la description deux ni-
veaux. Cependant, le taux d’émission spontanée augmente pour des valeurs positives du
désaccord entre les deux modes de polarisation, ce qui semble indiquer que cette augmen-
tation est due à la présence des autres niveaux hyperfins de l’état excité. Par ailleurs,
l’augmentation du taux d’émission spontanée est faible par rapport à l’augmentation de
la transmission et donc du nombre moyen de photons dans la cavité. Ce résultat confirme
qualitativement le comportement surprenant du modèle à deux niveaux. Cet effet, heu-
reux pour l’expérimentateur, permet de pouvoir détecter l’état quantique quasiment sans
émission spontanée qui projette l’état en dehors du sous-espace symétrique par la fuite de
l’information de l’atome émetteur du photon spontané. Avec un désaccord pour le second
mode de la cavité δ de quelques fois la demi-largeur à mi-hauteur κ sur le bleu de la
transition, une détection relativement efficace est alors possible.

Cependant, si l’atome répartit de façon cohérente les photons du mode injecté vers
le second mode, l’émission de photons dans le second mode utilise le couplage de l’état
excité F ′ = 3,mF = 0 aux autres sous-niveaux Zeeman du fondamental F = 2 que le sous-
niveau initial mF = 0. la figure 3.22 présente les différentes transition Zeeman induites
par les modes de la cavité sur les états de moment cinétique nul du fondamental et de
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Figure 3.22 – Schéma des niveaux du 87Rb avec les transitions induites par la cavité pour la
détection avec un mode polarisé linéairement. L’état fondamental de départ avant la détection
est l’état F = 2,mF = 0 couplé à l’état F ′ = 3,m′F = 0 (transition π) par le mode injecté (mode
a). Le second mode de la cavité (mode) est désaccordé de δ (négatif sur le schéma) ; il induit
des transitions vers les autres états Zeeman de moment cinétique non nul, désignées en physique
atomique comme σ+ et σ−.

l’état excité. La présence du second mode à proximité de la résonance induit donc une
diffusion vers les autres sous-niveaux Zeeman.

Cet effet est illustré par la figure 3.23 qui présente la population restante dans l’état
mF = 0 après une microseconde de détection. La diffusion résiduelle pour le cas idéal où
un seul mode est couplé est due à l’émission spontanée résiduelle. On remarque que la
diffusion Zeeman est effectivement considérablement amplifiée par la proximité du second
mode. L’inconvénient majeur de cette diffusion est l’impossibilité d’utiliser la détection
de la cavité pour produire un état quantique avec des niveaux Zeeman bien identifiés et
donc manipulable par des impulsions micro-onde par la suite. Cet effet est en particulier
une limitation pour les expériences de création d’états intriqués utilisant la projection de
l’état quantique induite par la mesure (détection). Cette capacité a été utilisée dans les
expériences de notre groupe pour la création d’états de Dicke de façon probabiliste [41] ou
par effet Zénon quantique [44, 45] avec une cavité possédant une biréfringence assez élevée
(ε ' 10). Comme le second mode est suffisamment désaccordé, la diffusion Zeeman reste
faible et la fidélité de production de l’état reste acceptable. Pour des valeurs bien plus
faibles de la séparation relative, l’effet devient trop important pour produire efficacement
des états quantiques 30.

Par ailleurs, la fidélité de production d’un état dépend aussi de l’erreur de détection.
Les résultats présentés simulent une détection limitée à environ deux photons (en consi-
30. La séparation de la résonance du second mode avec la résonance atomique peut tout de même être

amplifiée par l’utilisation de l’effet Zeeman. La variation de l’écart relatif entre les sous-niveaux Zeeman
étant de l’ordre de 1 MHz/G, pour produire des désaccords de plusieurs fois la demi-largueur en fréquence
de la cavité (12 MHz), il faut alors produire des champs assez conséquents de l’ordre de plusieurs dizaines
de Gauss. Le souci technique est alors d’obtenir un très faible bruit de champ magnétique ainsi qu’un
champ très homogène sur la chaîne d’atomes pour éviter les déphasages entre les états hyperfins et entre
les atomes.
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Figure 3.23 – Résultats de la diffusion en dehors du sous-état Zeeman initial F = 2,mF = 0
par la même simulation que la figure 3.21. La population restante de l’état initial après une
microseconde de détection est donnée en fonction du désaccord δ entre les deux modes de
polarisation. L’intervalle entre deux points est le taux de pertes du champ κ. Les points sont les
résultats du système réel ; la ligne verte marque le cas idéal où le second mode n’est pas couplé,
vers lequel le système converge lorsque le désaccord tend vers l’infini.

dérant des pertes par miroir égale à leur transmission et en tenant compte de l’efficacité
de détection) ; les photons injectés sont issu d’un laser et ont donc une statistique poisso-
nienne entraînant une erreur de détection 31 (probabilité d’observer aucun photon transmis
lorsque aucun atome n’est couplé au champ) de e−2 ' 13, 5%. Si la durée de l’impulsion
de détection est augmentée pour réduire cette erreur, la diffusion Zeeman augmente aussi
(de façon approximativement linéaire lorsque la population dans l’état initial reste proche
de l’unité). Il y a alors un optimum de fidélité de préparation de l’état qui dépend du
nombre de photons injectés et de la diffusion Zeeman. Cet optimum est fortement impacté
par la proximité du second mode qui module la diffusion Zeeman.

En résumé, la qualité de la détection avec une biréfringence relative donnée dépend
de l’application recherchée : mesure uniquement ou préparation d’états quantiques avec
une haute fidélité. Un désaccord en biréfringence de quelques demi-largeurs à mi-hauteur
est suffisant pour obtenir une détection relativement efficace. Un tel désaccord peut être
obtenu dans notre régime de paramètres de cavité par le contrôle de la biréfringence géomé-
trique des miroirs. Pour une préparation d’état quantique, l’obtention d’une haute fidélité
nécessite des désaccords plus importants. Pour cette dernière application, le développe-
ment de cavités à modes dégénérés, pour utiliser une polarisation d’injection circulaire
avec un système couplé unique à ce mode, devient alors pertinent malgré les contraintes
expérimentales de la stabilisation de l’injection d’une polarisation circulaire.

31. On néglige, pour cette estimation, l’effet de la transmission résiduelle de la cavité qui augmente
l’erreur lorsque le ratio des transmissions T1/T0 est élevé et que la durée de la détection est importante.
Des discussions plus complètes des différents effets sur la fidélité de détection et de préparation d’états
sont disponibles dans les références [88, 43, 196].
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3. Piégeage d’une chaîne d’atomes uniques dans une cavité

Conclusion
Ce chapitre a permis de présenter l’interaction entre un ou plusieurs atomes avec

une cavité Fabry-Pérot, puis le principe novateur de la réalisation d’une chaîne d’atomes
uniques adressables avec un couplage fort et homogène au champ électromagnétique. Les
considérations du système réel pour un atome de 87Rb, avec la prise en compte des effets
de divergence, de phase et de biréfringence des divers modes optiques concernés, indiquent
les réquisitions que doit remplir la cavité. Les premières d’entre elles sont les conditions
de longueur d’onde du réseau intra-cavité et de phase relative entre le mode du réseau
et le mode résonant. Ces deux conditions sont par ailleurs intimement connectées par
la condition de double résonance. Une seconde contrainte est donnée par le centrage des
miroirs sur les fibres afin d’optimiser le couplage et de limiter les effets d’interférence de la
réflexion. Enfin, la dernière contrainte est donnée par la séparation en fréquence des modes
propres de polarisation qui constituent une limitation pour la détection. Cependant, la
mise en évidence de son origine géométrique fournit un moyen de contrôle lors de la
production des miroirs sur les fibres. Les chapitres suivants s’attachent respectivement à
la fabrication de cavités fibrées remplissant ces réquisitions et à la mise en oeuvre d’un
système expérimental permettant le chargement d’atomes uniques dans le réseau intra-
cavité.
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Chapitre 4
Production et caractérisation de cavités

Fabry-Pérot fibrées

Les cavités Fabry-Pérot fibrées introduites dans le chapitre précédent impliquent la
formation d’une structure concave au bout d’une fibre optique puis le recouvrement de
cette surface par un traitement réfléchissant. La technique que nous utilisons pour la
formation de structures concaves est l’ablation laser qui consiste à apporter suffisamment
d’énergie par absorption d’un faisceau laser à la surface d’un matériau pour évaporer
celui-ci. Cette technique est utilisée aussi bien sur des solides [197] que sur des tissus
biologiques [198] dans divers domaines :

- De multiples procédés industriels basés sur l’ablation laser permettent de découper
ou graver des matériaux avec une précision remarquable sans contact mécanique. Les ap-
plications vont du simple marquage à la réalisation de pièces mécaniques de précision, avec
une utilité spéciale pour la gravure ou l’usinage de matériaux très durs ou cassants (verres,
céramiques) et donc difficiles à usiner mécaniquement, dans des secteurs industriels très
divers de l’horlogerie à l’aéronautique.

- L’ablation laser est aussi une ressource considérable en terme d’application médicales,
en particulier pour la chirurgie oculaire.

- L’ablation laser permet par ailleurs d’analyser la composition d’un matériau à dis-
tance en analysant le spectre du plasma produit par l’ablation [199] qui constitue une
technique développée industriellement et même utilisée pour l’exploration spatiale par le
robot Curiosity sur Mars [200].

Cependant, la réalisation de miroirs de cavités optiques de haute finesse requiert une
précision bien plus importante que les procédés industriels d’ablation mettent oeuvre. Les
distances caractéristiques requises sont typiquement de l’ordre du micron pour le centrage
de la structure de miroir sur la fibre et pour sa profondeur, et la rugosité de la surface
doit être de l’ordre de l’angström.

L’alignement d’une cavité Fabry-Pérot fibrée nécessite aussi une précision micromé-
trique.

Ce chapitre présente dans un premier temps les caractéristiques requises pour les mi-
roirs et le principe de l’ablation laser de la silice par des impulsions de laser CO2. Le
dispositif expérimental mis en place pour atteindre la précision nécessaire est ensuite dé-
crit. La troisième partie s’attache à démontrer comment l’ablation par des tirs multiples
permet d’obtenir des surfaces dépassant les limitations des implémentations précédentes
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4. Production et caractérisation de cavités Fabry-Pérot fibrées

notamment pour l’optimisation de l’ellipticité du miroir. Enfin, les cavités fibrées double-
ment résonantes réalisées pour l’expérience sont caractérisées.

4.1 Production de formes de miroir de haute
qualité par ablation laser

Les caractéristiques du couplage d’atomes à un résonateur optique présentées précé-
demment ont détaillé l’intérêt de l’utilisation d’un résonateur de haute finesse et de faibles
pertes. Les performances d’un résonateur sont entièrement déterminées par la forme et
les propriétés de réflexion, transmission et pertes des miroirs, qui déterminent le mode de
cavité et sa finesse, i.e. les paramètres à optimiser pour obtenir un couplage fort entre les
atomes et le champ électromagnétique. Par ailleurs, le choix de la méthode de production
du miroir influe évidement grandement sur sa qualité.

4.1.1 Finesse et qualité des miroirs
Nous rappelons que la finesse qui caractérise la qualité du résonateur est directement

reliée aux pertes totales par réflexion sur un miroir L et à la transmission T du miroir
par F = π/(T + L). Les finesses que l’on veut atteindre dans les expériences présentées
(∼ 105) impliquent des pertes inférieures à quelques dizaines de parties par millions (ppm).
Le total des pertes peut se diviser en plusieurs mécanismes :

L = LA + LD + LC (4.1)

Pertes par absorption LA :

Lorsqu’une onde électromagnétique se réfléchit sur un milieu, elle pénètre dans le
milieu (au moins sous forme évanescente voire sous forme transmise). Si le milieu est
absorbant pour la longueur d’onde considérée, la réflexion ne peut être parfaite car une
partie de l’énergie est transformée en chaleur dans le miroir. Les miroirs usuels formés
d’une couche de métal ont typiquement des absorptions de l’ordre de quelques %, i. e. 3
ordres de grandeurs au-dessus des pertes maximales autorisées pour des cavités de haute
finesse.

Les miroirs sont de fait réalisés avec des empilements de couches de matériaux diélec-
triques transparents. L’épaisseur des couches étant bien contrôlée par épitaxie par jets
moléculaires, cela permet d’optimiser les interférences entre réflexions partielles à chaque
interface entre deux matériaux et donc de réaliser des miroirs de très haute réflectivité.
L’exemple le plus simple est le miroir de Bragg qui permet d’obtenir une excellente réflec-
tivité à un longueur d’onde λ avec un empilement de couches dont l’épaisseur optique est
de λ/4 afin d’obtenir une interférence destructive pour l’onde transmise dans une couche.
Pour obtenir un miroir doublement résonant avec un accord spécifique entre les phases,
l’empilement de couches est plus complexe mais le principe est le même.

Pour obtenir des interférences avec un fort contraste au sein des couches, il faut utiliser
une forte réflexion partielle à chaque interface et donc une différence d’indice entre les
milieux importante car la réflexion est proportionnelle à la différence des indices. De fait
les deux matériaux utilisés sont la silice (SiO2 : indice nB = 1.47 à 780 nm) et le pen-
toxyde de tantale (Ta2O5 : indice nH = 2.09 à 780 nm) pour leur faible absorption dans
le visible et l’infrarouge proche. Cependant la pénétration du champ électromagnétique

110



4.1. Production de formes de miroir de haute qualité par ablation laser

dans le miroir entraîne des pertes par absorption qui sont de l’ordre de 1 ppm pour les
meilleurs empilements de couches [201] mais la qualité dépend de la pureté des matériaux
déposés et de la profondeur de pénétration. Dans le cas de notre expérience, la pénétration
est assez importante car le miroir est d’abord composé d’un empilement de couches qui
déterminent la phase relative des deux longueurs d’ondes utilisées, puis d’un miroir dou-
blement résonant dont l’empilement de couches est moins efficace qu’un miroir de Bragg
monochrome. Les matériaux étant plus absorbants à 780 nm qu’à 1560 nm, la société 1

qui a produit les couches diélectriques prévoit pour nos miroirs des pertes par absorption
de LA,780 ' 15 ppm et LA,1560 ' 3 ppm, soit trois fois les pertes pour un miroir de Bragg
monochrome.

Pertes par diffusion LD :

La rugosité de la surface du miroir entraîne des pertes par diffusion à chaque réflexion
qui peuvent se calculer comme [202, 203] :

LD '
(4πσ
λ

)2
(4.2)

où σ est la rugosité quadratique définie par :

σ =

√√√√ 1
LxLy

∫ Lx

0

∫ Ly

0
(z (x, y)− z̄ (x, y))2 dxdy (4.3)

avec z la surface réelle et z̄ la surface moyenne. Écrite de cette façon la rugosité ne fait
pas apparaître les fréquences spatiales, importantes dans le processus de diffusion. La
rugosité utile se calcule à partir d’une surface mesurée en intégrant la densité spectrale de
puissance (transformée de Fourier de la fonction d’auto-corrélation de la surface) jusqu’à
une fréquence de coupure de l’ordre de 1/λ.

Cette dépendance quadratique en rugosité des pertes par diffusion impose une forte
condition sur la régularité de la surface des miroirs. Attendu que le processus de dépôt
du recouvrement réfléchissant par épitaxie moléculaire est contrôlé avec une précision
en épaisseur de l’ordre de la taille des atomes, la rugosité finale du miroir est à priori
principalement induite par celle du substrat avant déposition.

Pertes par coupure LC :

Lorsque la taille des miroirs n’est pas plusieurs ordres de grandeur supérieure à la
taille des modes gaussiens dans la cavité, les ailes de ces modes ne sont pas réfléchies dans
le mode. Cet effet est présent lorsque le miroir a un diamètre D ou lorsque le miroir dévie
fortement du profil parabolique supportant les modes gaussiens dans l’approximation
paraxiale. De façon générale, on peut définir approximativement un diamètre D à partir
duquel l’essentiel de l’énergie extérieure du mode est perdue et obtenir une estimation
des pertes par coupure en supposant le mode fondamental gaussien. On obtient donc en
intégrant l’intensité sur la surface extérieure au miroir [48] :

LC (wm, D) = exp
(
−2(D/2)2/w2

m

)
(4.4)

où wm est la taille du mode sur le miroir. Ces pertes sont donc d’autant plus importantes
que la longueur de la cavité augmente pour une paire de miroirs fixée car la taille du

1. Laseroptik GmbH, Garbsen, Allemagne
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faisceau sur le miroir augmente et elles sont plus importantes pour les longueurs d’onde
plus grandes car wm ∝

√
λ comme l’illustre la figure 4.1. La situation présentée sur la

figure constitue la limite basse (Dmin ' 40 µm) pour la taille des miroirs où la finesse à
1560 nm pour la longueur cible Lc = 125 µm reste du même ordre de grandeur que celle
à 780 nm afin d’assurer un asservissement efficace de la longueur de la cavité.
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Figure 4.1 – Finesse en fonction de la longueur de cavité pour une cavité symétrique (R =
300 µm) avec des miroirs absorbants absolument lisses (T780 = T1560 = 30 ppm, LA,780 = 15
ppm et LA,1560 = 3 ppm, et LD,780 = LD,1560 = 0 ). La décroissance de la finesse est due au
pertes par coupure sur le miroir D = 40 µm.

4.1.2 Principe et performances de l’ablation laser
Les miroirs de cavités macroscopiques, utilisés dans les expériences d’électrodynamique

quantique en cavité, sont produits par polissage mécanique [204]. Pour le cas des expé-
riences à faible volume de mode et large accès optique qui nécessitent de faibles rayons
de courbure et des substrats microscopiques, l’emploi d’une technique de production non
mécanique est bien plus adaptée à cause des limites de miniaturisation et de précision
des outils mécaniques. Les fibres optiques sont usuellement constituées de silice fondue
qui est une forme amorphe de l’oxyde de silicium SiO2. Plusieurs techniques permettent
de modeler la silice sans outils mécaniques. La dissolution chimique (dans l’acide fluor-
hydrique typiquement) n’est pas appropriée pour former des miroirs car le processus ne
permet pas de contrôler la forme facilement et produit des surfaces rugueuses [205]. Une
autre méthode bien plus précise réside dans l’utilisation de la gravure par sonde ionique
focalisée mais obtenir une bonne rugosité devient alors le problème principal [206, 207].

La silice étant transparente dans le visible et l’infrarouge proche, l’ablation laser n’est
possible dans cette partie du spectre qu’avec des lasers impulsionnels qui sont très for-
tement absorbés de part leur grande intensité du fait des processus non linéaires. Ainsi
l’énergie est absorbée très localement et permet une gravure très précise mais la rugosité
de la surface obtenue avec de tels lasers n’est pas suffisante pour nos miroirs [208].

Nous utilisons ici un laser CO2 continu dont la longueur d’onde est de λCO2 = 10, 6 µm.
Cette longueur d’onde est proche des résonances des modes de vibration Si-O-Si de la si-
lice [209]. Le laser est donc fortement absorbé par la silice fondue (voir le coefficient
d’extinction sur la figure 4.2a). La puissance lumineuse d’un faisceau laser CO2 focalisé
sur une fibre optique (cf. figure 4.2b) est donc en partie réfléchie par l’interface air/SiO2
et la partie transmise est absorbée dans les premières dizaines de microns de la silice. La
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transformation de l’énergie lumineuse en chaleur fait fondre 2 la silice sur des profondeurs
de quelques microns à quelques dizaines de microns [210] dans nos conditions expérimen-
tales selon l’intensité et la durée de l’impulsion laser utilisée. Le centre de la surface est
évaporé en partie créant la forme du miroir et la tension de surface lisse la surface obtenue
à cause de la couche superficielle de silice liquide.

Cet effet de lissage permet d’obtenir des rugosités très faibles et constitue l’argument
essentiel de l’utilisation d’une ablation avec un laser CO2. Il a été utilisé pour polir des
éléments optiques [211, 212, 210] ou, dans la limite où la tension de surface domine la
formation de l’objet, produire des micro-lentilles [213, 213] et des résonateurs optiques tels
que les micro-sphères [214] ou les micro-tores [215] de silice. Pour les miroirs sur fibres
optiques, une mesure de la surface grâce à un microscope à force atomique a permis de
déterminer la rugosité : σ ' 0.22 nm [216], valeur approchant la qualité des miroirs super-
polis. Les pertes attendues par diffusions sont donc de LD,780 ' 13 ppm et LD,1560 ' 3
ppm, i.e. de l’ordre des pertes par absorption. Ainsi des cavités Fabry-Pérot fibrées de
haute finesse ont pu être produites avec des miroirs formés par ablation CO2 [48].

(a) (b)

Figure 4.2 – (a) : Coefficient d’absorption (partie imaginaire de l’indice optique) de la silice
fondue. Figure extraite de [209]. (b) : Principe de l’ablation laser par focalisation d’un faisceau
laser CO2 de waist w et de puissance P pendant un temps τ sur une fibre optique.

Modélisation de l’ablation laser :

La face d’une fibre optique est ainsi exposée pendant une durée τ par un faisceau laser
avec une incidence normale. Le profil de l’intensité laser est gaussien et s’écrit I (r, z) =

2P
πw2(z) exp

(
− 2r2

w2(z)

)
dans les coordonnées cylindriques présentées sur la figure 4.2b avec P

la puissance du faisceau et w sa largeur. Cette dernière dépend de la position sur l’axe
optique selon :

w (z) = w0

√√√√1 +
(
λCO2 (z − z0)

πw2
0

)2

(4.5)

où w0 est la largeur minimale et z0 sa position par rapport à l’origine qui est prise sur la
surface de la fibre. La taille du faisceau évolue de façon non négligeable sur des distances
de l’ordre de la longueur de Rayleigh zR = πw2

0
λCO2

et pour la suite on négligera cette

2. La transition étant vitreuse, la variation de la viscosité est continue.
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dépendance car expérimentalement nous utilisons des largeurs minimales supérieures à
25 µm ce qui implique que zR,min ' 185 µm, ce qui est bien supérieur à la profondeur de
pénétration du faisceau. Les trois paramètres de durée τ , de puissance P et de largeur w
définissent donc entièrement l’impulsion laser utilisée et constituent les trois paramètres
de l’ablation laser modifiables par l’expérimentateur.

L’intensité transmise dans la silice ISiO2 est absorbée avec une profondeur de pénétra-
tion α−1 = λCO2

4πkλ
où kλ est le coefficient d’absorption. Ce coefficient varie de façon très

importante avec la température : la profondeur de pénétration vaut ainsi α−1 = 34 µm
à 300 K diminue jusqu’à 4, 2 µm à 2100 K avec une évolution quasi linéaire [217]. La
puissance par unité de volume dissipée dans la silice Q s’écrit donc :

Q (r, z, t) = −∂ISiO2 (r, z, t)
∂z

= (1−RSiO2) 2P
πw2αe

−αze−
2r2
w2 (ϑ (t)− ϑ (t− τ)) (4.6)

où RSiO2 est le coefficient de réflexion en intensité de l’interface air/silice et ϑ est la
fonction de Heaviside. Pour obtenir le profil de température T (r, z, t) dans la silice il faut
intégrer l’équation de la chaleur :

ρC
∂T

∂t
+ ∇.(κ∇T ) = Q (r, z, t) (4.7)

avec ρ ' 2, 22.103 kg.m−3 la masse volumique de la silice fondue, C ' 750 J.kg−1.K−1 est la
chaleur spécifique et κ ' 1, 4 W.m−1.K−1 la conductivité thermique. Le principal problème
de la résolution de cette équation réside dans la dépendance des propriétés précédentes
avec la température, spécialement la conductivité thermique qui varie fortement et de
manière non linéaire [218].

L’autre difficulté de la résolution de cette équation est due aux conditions aux limites
et à la prise en compte des mécanismes de transfert de chaleur aux limites. En effet, outre
la conduction prise en compte par le deuxième terme de l’équation qui est la divergence
de la densité du flux convectif, la fibre évacue la chaleur par trois voies.

Le rayonnement de corps noir emporte, en un point de la surface rS, une densité de
flux Φray (rS, t) = εσSB (T 4 (rS, t)− T 4

amb) où σSB est la constante de Stefan-Boltzmann et
ε l’émissivité qui prend en compte la déviation par rapport au comportement de corps
noir idéal.

Le contact thermique avec l’air diffuse une partie de l’énergie qui est rapidement
emportée par le mouvement convectif de l’air : la densité de flux s’écrit donc Φair (rS, t) =
hair (T (rS, t)− Tamb) où hair est le coefficient de convection thermique.

Enfin l’énergie est évacuée par évaporation via le processus de dissociation 2 SiO2 →
2 SiO(g) + O2(g). La surface liquide/gaz se déforme alors avec une vitesse [219] :

vS (rS, t) = v0e
− U
kBT(rS,t) nS (4.8)

où U est la chaleur latente d’évaporation par atome et nS le vecteur unitaire normal à la
surface. Pour la silice fondue, v0 = 3, 8.103 m/s et U = 3, 6 eV.

Dans le cadre de l’approximation d’un substrat aux extensions spatiales grandes devant
les distances caractéristiques du processus, en négligeant les mécanismes de transfert aux
limites décrits précédemment ainsi que les variations des caractéristiques de la silice et en
considérant la source de chaleur surfacique (α−1 négligeable), l’équation de la chaleur se
résout analytiquement en [218, 216] :

T (r, z = 0, t) = (1−RSiO2) P
π

3
2

√
DT

κ

∫ t

0

exp
(
− r2

w2
2 +4DT t′

)
√
t′
(
w2

2 + 4Dt′
) dt′ (4.9)
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4.1. Production de formes de miroir de haute qualité par ablation laser

avec DT = κ
ρC

le coefficient de diffusivité thermique. En combinant ce modèle à la vitesse
du front d’évaporation 4.8, il est possible de déduire la géométrie de la surface ainsi créée.
Le modèle prédit une surface approximativement gaussienne [218]. Cependant, même s’il
reproduit la forme des surfaces créées sur une plaque de silice, le modèle ne peut permettre
de planifier les résultats d’un tir sur une fibre optique, comme l’illustre la figure 4.3, car
l’extension radiale de la fibre n’est pas négligeable par rapport à la structure.
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Figure 4.3 – Comparaison des résultats expérimentaux au modèle analytique du substrat à
extensions infinies : (a) profondeur t et (b) diamètre d de la dépression en fonction de la durée
τ de l’impulsion pour des paramètres similaires de faisceau et des substrats différents : • fibres
∅125 µm, N fibres ∅200 µm fibers, � plaque de silice fondue d’épaisseur 2 mm. Les lignes
pleines sont les résultats du modèle avec ajustement de κ sur les données de (a) (κf,125 = 2, 05
W.m−1.K−1, κf,200 = 2, 0 W.m−1.K−1, κp = 2, 55 W.m−1.K−1). Le modèle est satisfaisant pour
la plaque de silice mais pas pour les fibres. Paramètres de faisceau : • P = 600 mW et w = 26 µm,
N P = 540 mW et w = 28 µm, � P = 600 mW et w = 26 µm. Figure extraite de [216]

La prise en compte de l’extension finie de la fibre, des variations des propriétés de
la silice avec la température et des conditions de flux aux limites, peut se faire dans un
modèle numérique en éléments finis. Cependant, si une partie des résultats expérimentaux
est mieux reproduite, certains paramètres (comme le diamètre de la structure) ne sont
pas prédits quantitativement [218]. Ainsi la modélisation ne permet pas de prédire les
paramètres expérimentaux (P , w et τ) exacts à utiliser pour produire une forme voulue.
La recherche de ceux-ci doit être effectuée expérimentalement par essai et erreur, i.e.
en analysant les résultats produits par un ensemble de paramètres et en les modifiant
pour le prochain tir en fonctions des effets qualitatifs produits par le changement, jusqu’à
convergence vers la forme désirée.

Évolution des caractéristiques du miroir avec les paramètres de tir

Les caractéristiques d’un miroir circulaire peuvent se résumer à deux paramètres 3 : le
rayon de courbure R, qui détermine la forme du mode de cavité pour une longueur donnée,
et le diamètre utile du miroir D. Le rayon de courbure R est donné par la courbure de la
gaussienne au minimum de la dépression. Une estimation du diamètre utile D du miroir

3. On considère ici que la forme produite par le tir est circulaire, ce qui est vérifié en première ap-
proximation. Les considérations développées ici s’étendent au cas elliptique en considérant les rayons de
courbure Ra et Rb des deux axes propres orthogonaux a et b de ellipse.
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4. Production et caractérisation de cavités Fabry-Pérot fibrées

qui produit un accord approximatif avec les résultats mesurés sur les pertes de cavités
[48], est donnée par la largeur à e−1 de la gaussienne. Ces deux paramètres sont reliés à
la profondeur t de la structure par l’expression de la gaussienne, soit t = D2

8R .
La structure obtenue par le tir n’est gaussienne que dans la limite où son rayon D/2

reste inférieur à la largeur w du faisceau. Ainsi pour obtenir un miroir large qui ne limite
pas la finesse de la cavité par coupure, le choix d’un faisceau large est judicieux. Cepen-
dant, lorsque la largeur w devient bien supérieure au rayon rf de la fibre, les bords de la
fibre évacuent beaucoup moins rapidement l’énergie qu’ils reçoivent que le centre. L’effet
de la tension de surface entraîne alors la formation de surfaces concaves sur les bords de
la fibre qui limitent le diamètre utile. Le choix optimal pour obtenir des miroirs larges est
donc d’utiliser w ∼ rf . Pour compenser la perte d’intensité lors d’une augmentation de la
largeur w, la puissance P doit être augmentée plutôt que la durée τ de l’impulsion, car
la conduction de la chaleur dans la fibre sur des temps longs mène aux même effets de
fonte des bords. L’effet d’empreinte du laser pour une fibre dépend de façon critique de
la durée de l’impulsion, à énergie constante. A puissance et largeur constantes, l’augmen-
tation de la durée produit une augmentation du diamètre utile D mais surtout une forte
augmentation de la profondeur t, qui résultent une diminution du rayon de courbure R.

4.2 Dispositif automatisé de précision
submicrométrique pour l’ablation laser et
l’analyse de surfaces

Les premières cavités Fabry-Pérot fibrées ont été produites sur le dispositif décrit dans
les références [216, 218]. Malgré les très belles réalisations expérimentales qu’il a permises,
ce dispositif souffrait de quelques défauts. En effet, l’alignement des fibres avant le tirage
était manuel et se basait sur les bords de la fibre (or certaines fibres ont des erreurs de
concentricité coeur/gaine de plusieurs microns). De plus, l’imagerie du positionnement
de la fibre nécessitait la présence d’un miroir dichroïque sur le chemin du faisceau CO2
créant ainsi un fort astigmatisme proscrivant l’utilisation du faisceau en dehors du col
(largeur minimale). Un changement de la largeur de tir w impliquait une modification de
la distance entre deux lentilles formant un télescope et un nouvel alignement du système
qui était coûteux en temps. Enfin, le système ne permettait pas d’analyser directement
la surface produite par le tir ; un déplacement de la fibre s’imposait, ainsi qu’un nouvel
alignement manuel.

Motivés par la suppression de ces inconvénients et l’automatisation des procédures
d’alignement et d’analyse, nous avons développé un nouveau dispositif d’ablation laser
CO2 et d’analyse des surfaces produites.

4.2.1 Dispositif expérimental
Le nouveau système de tir CO2, représenté par le schéma 4.4a et l’image 4.4b, repose

sur un fonctionnement à deux positions pour la fibre optique : une d’imagerie et une de tir.
A la position d’imagerie, la fibre est analysée par un objectif de microscope. La position
de tir est sur l’axe du faisceau laser CO2. Des platines de translation permettent de placer
la fibre sur les deux positions. Nous présentons dans cette partie les différents éléments et
leur combinaison dans la séquence de tir.
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tir sur l’axe du faisceau CO2 focalisé. De la lumière à 780 nm est injectée dans la fibre par le coté
opposé pour repérer son coeur.

Axe Y

Axe X

Axe Z 

Objectif 
Mirau 

DEL
515 nm

Caméra

Pieds anti-vibrations

Marbre de 
précision 

λ/4 Lentille Support avec 
42 fibres 

LASER 
CO2
20 W

(b) Image de la partie centrale du dispositif avec un support conte-
nant 42 fibres.

Figure 4.4 – Dispositif d’ablation laser CO2
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4. Production et caractérisation de cavités Fabry-Pérot fibrées

Impulsions de laser CO2

La source laser CO2 utilisée 4 émet une longueur d’onde de 10, 60 ± 0, 03 µm qui
correspond à une transition entre deux niveaux de vibration de la molécule de CO2. Le
milieu amplificateur est un mélange gazeux d’hélium, de diazote et de CO2. Le pompage
pour obtenir l’inversion de population se fait électriquement via une source radio-fréquence
(RF) à 81, 36 MHz qui excite le premier niveau de vibration du diazote, proche du niveau
CO2 visé. L’efficacité des lasers CO2 est typiquement de 10 à 15 % convertissant ainsi
dans notre cas 200 W de puissance électrique en 25 W de puissance laser. Pour ajuster
la puissance du laser, le pompage est modulé avec une fréquence d’environ 20 kHz dont
l’opérateur contrôle le rapport cyclique. La constante de temps de coupure du faisceau
laser, après l’arrêt du pompage, est de l’ordre de la période de modulation. La sortie du
laser est donc modulée à 20 kHz. Mais la notion de puissance moyenne reste pertinente car
les durées caractéristiques des impulsions utilisées, τ ∼ 20 ms, sont très grandes devant
cette modulation. Afin d’utiliser le laser avec un rapport cyclique assez important pour
avoir une émission semi-continue 5, le surplus de puissance est dévié grâce à une lame
semi-réfléchissante et envoyé vers un détecteur thermique de puissance 6 afin d’avoir une
mesure continue.

Le processus d’ablation étant non linéaire, il dépend de façon critique de la puissance
du laser CO2 et de la durée de l’impulsion. Pour la reproductibilité des surfaces produites,
il est alors essentiel d’obtenir des impulsions d’énergie constante. La puissance du faisceau
laser dépend en premier lieu de la cavité laser dont la température est asservie sur le long
terme par un circuit de refroidissement à eau. La puissance est un facteur ajustable mais
le changement de celle-ci implique la stabilisation thermique du laser qui nécessite un
temps d’attente de l’ordre de l’heure. En pratique la puissance du faisceau est ajustée
grossièrement au début de la recherche de paramètres et l’ajustement fin de l’énergie
se fait par variation de la durée de l’impulsion. La puissance moyenne du faisceau est
ainsi stabilisée à 0.1 %. Cependant la stabilisation de l’énergie d’une impulsion à l’autre
nécessite quelques précautions supplémentaires.

L’impulsion laser est obtenue par la coupure du faisceau par obturateur mécanique 7,
combiné à une coupure du pompage du laser lorsque le bord de l’obturateur traverse
le faisceau afin de limiter l’asymétrie spatiale de l’impulsion. Cependant si la coupure
du pompage est trop longue devant le temps de coupure du laser, le mode du laser peut
changer lorsque le pompage est réactivé pendant un certain temps jusqu’au rétablissement
de l’équilibre thermique ; les effets commencent à être observables sur la puissance du laser
pour des temps de coupure supérieurs à 200 µs [218]. L’obturateur est ainsi positionné
près du foyer d’un télescope placé sur le faisceau CO2 pour réduire le temps de coupure
en dessous de cette valeur. Une combinaison de deux obturateurs est nécessaire pour
permettre des impulsions inférieures aux délais d’ouverture et fermeture des obturateurs
(∼ 4 ms). De plus, la séquence de l’impulsion est déclenchée par le signal de modulation
du pompage afin d’obtenir un nombre constant de périodes de pompage par tir.

La réflexion du faisceau à l’interface air/silice (RSiO2 ' 0.15) de la fibre peut causer
un retour dans la cavité laser qui perturbe la puissance laser et crée des sauts de mode.

4. Synrad V-20
5. Où la puissance n’est modulée qu’à 50 % de sa valeur maximale, i.e. un rapport cyclique de la

puissance de pompage supérieur à 10 %
6. Newport 818P-020-12 avec 842-PE
7. Un électro-aimant activé par une source de courant sur lequel est fixé un miroir qui dévie le faisceau

vers un absorbeur de puissance.
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Afin de s’affranchir de cet effet, le faisceau passe par un polariseur suivi d’une lame quart
d’onde. Par ailleurs, le placement de ce montage avant la lentille de focalisation permet
d’obtenir une polarisation circulaire sur la fibre, qui est d’une importance cruciale pour
la symétrie circulaire du processus d’ablation [191].

Ainsi la puissance P et la durée d’exposition τ sont bien contrôlées et permettent
d’ajuster précisément l’énergie reçue par la fibre et donc de modeler précisément les struc-
tures de miroir. Une mesure de la fluctuation de l’énergie délivrée d’une impulsion à l’autre
pour un train d’impulsions de 4 ms donne ∆E/E = 0.5 % [218] 8.

Système d’imagerie

Le dispositif d’imagerie est constitué d’un objectif de type Mirau 9 d’ouverture numé-
rique 0, 4 dont l’image est envoyée sur une caméra 10 avec un grandissement 20. La pro-
fondeur de mise au point est 1, 7 µm, la résolution dans plan objet est d’environ 0, 8 µm
et la discrétisation de la caméra est de 0, 23 µm par pixel. Le champ de vue de 178 µm
× 238 µm permet d’observer des fibres de 125 µm de diamètre avec une bonne résolution
ainsi que des fibres plus larges ou des substrats sur lesquels des miroirs jusqu’à 175 µm
de diamètre peuvent être analysés en une mesure. Le dispositif d’imagerie fonctionne sur
deux modes différents.
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Figure 4.5 – Imagerie de la face finale d’une fibre dans le dispositif CO2. Les dimensions
sont en microns. (a) : Mode profilométrie avec éclairage par l’objectif. Les franges d’interférence
résultent du profil de surface. En dehors de la zone où la fibre reflète la lumière, seule la lumière
reflétée par le miroir de l’objectif apparaît créant un fond gris. (b) : Image du coeur de la fibre
optique par la lumière injectée à l’autre bout de la fibre. Les lignes rouges marquent le centre
de l’image : le coeur de la fibre a été centré.

Lorsque la diode électroluminescente à la longueur d’onde λP = 515± 15 nm 11 (diode
de profilométrie) est allumée, la lumière observée sur la caméra est le résultat des interfé-
rences entre la surface de la fibre et le miroir de référence situé à l’intérieur de l’objectif,

8. Cette mesure a été réalisée sans la synchronisation de la fréquence de modulation du pompage et
de la séquence de l’impulsion.

9. Nikon CF IC Epi Plan DI 20X.
10. Thorlabs DCU223M ( IDS Ueye UI-2230SE) : monochrome, 8 bits, 768 pixels.
11. Thorlabs M505L3 : la valeur d’incertitude sur la longueur d’onde donne la largeur du spectre

d’émission.
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4. Production et caractérisation de cavités Fabry-Pérot fibrées

comme l’illustre la figure 4.5a. Ce type d’image permet de mesurer le profil de la surface
observée car la phase des interférences dépend linéairement de la position de la surface
sur l’axe optique (cf. section 4.2.3).

Lorsque la diode à 780 ± 14 nm 12 (diode de coeur) est activée, sa lumière se couple
au coeur de la fibre et permet d’observer la position de celui-ci par rapport au système
d’imagerie et de le centrer (cf. section 4.2.2).

Système de positionnement submicrométrique

La fibre optique est montée sur un système de translation trois axes. Les platines de
translation selon l’axe X 13 et l’axe Y 14, i.e. les axes du plan d’imagerie orthogonal à la
propagation du faisceau CO2, sont commandées par des moteurs linéaires asservis par une
boucle sur une règle interne en acier avec une mesure optoélectronique d’une résolution
de 50 nm. La répétabilité bidirectionnelle 15 de ces platines est spécifiée inférieure à 200
nm. L’essentiel de la translation de la position d’imagerie à la position de tir (soit ∼ 47
mm) se fait selon l’axe X qui a une course de 150 mm.

Le déplacement selon l’axe optique Z se fait grâce à une platine 16 fonctionnant sur
le principe du collé/glissé. Ce type de mécanisme de translation permet d’atteindre une
grande précision grâce au fonctionnement en mode collé où le mouvement est contrôlé par
un voltage sur un actionneur piézoélectrique, tout en permettant une longue course par
l’enchaînement de pas en collé/glissé. La position de la platine est asservie avec une mesure
optoélectronique d’une résolution de 1 nm. La répétabilité bidirectionnelle spécifiée est de
50 nm et la course de 30 mm.

Comme le dispositif a pour but de créer des structures avec une précision submi-
crométrique, il doit être découplé des vibrations du sol qui sont une source d’erreur de
positionnement. Le système est donc placé sur une table optique montée sur des pieds
pneumatiques isolants. La platine de translation selon l’axe X, sur laquelle sont fixées
les deux autres, est montée sur un marbre de précision de bien meilleure planéité que la
table optique sur laquelle il est fixé. Attendu que la taille des composants et les distances
entre ceux-ci sont de l’ordre de 100 mm au moins, l’expansion thermique des matériaux
est à prendre en compte car elle cause des déplacements relatifs de l’ordre de 10−5 pour
1 K de différence, i.e. au moins 1 µm par degré. La température de la pièce est asservie
à 21 ± 1, 5̊ C ce qui n’est pas suffisant pour la précision du tir CO2. Ainsi pour éviter
les dérives thermiques, le dispositif est partiellement isolé thermiquement de la pièce et
sa température est asservie. Il est placé dans une structure presque fermée sous un flux
laminaire 17 qui filtre l’air pour éviter le dépôt de poussières sur les surfaces produites.
L’entrée d’air du flux passe auparavant par un système de chauffage 18 asservi par une
boucle 19 sur la température de la sortie du flux laminaire 20. La température de l’air dans
le dispositif est alors stabilisée à 24± 0, 1̊ C.

12. Thorlabs M780D2
13. Newport GTS150
14. Newport GTS30V
15. erreur sur le retour à une position de départ après un mouvement
16. Attocube ECS5050/NUM
17. ADS laminaire modèle Fanjet : 99, 995% MPPS H14.
18. ATC modèle CVA-315-2,4-1F MPX : une résistance placée au milieu de la conduite d’air.
19. Quantrol modèle LC100.
20. mesurée avec une sonde à résistance de platine Pt100.
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Un support de fibres compact

La manipulation des fibres optique est un exercice qui requiert minutie, assurance et
propreté à cause de leur fragilité, de leur taille et de la nécessité d’obtenir des surfaces
vierges de toute poussière. La manipulation dans un environnement à air purifié est donc
le meilleur moyen d’effectuer des opérations nécessaires sur les fibres. Par ailleurs, si la
réalisation du clivage de la fibre avant l’ablation laser et la formation d’une cavité fibrée
nécessitent une manipulation individuelle des fibres, les opérations intermédiaires (tir et
traitement de surface) peuvent être effectuées et sont même facilitées avec un ensemble
de fibres dans un même support.

Nous avons donc développé 21 un support permettant de manipuler jusqu’à 42 fibres
optiques présenté sur la figure 4.6a. Les fibres sont rangées dans deux séries de rainures
en V micro-usinées dans le support en duralumin 22 qui sont espacées de 2 mm sur 90 mm
de largeur. Elles sont maintenues par un peigne en chrysocale 23 dont les dents pressent
individuellement chaque fibre. Les dents sont manipulables individuellement avec des pin-
cettes et chaque fibre peut ainsi être posée ou retirée du support indépendamment des
autres.

(a) (b)

Figure 4.6 – (a) : Support compact de 42 fibres optiques représenté à sa position dans le
dispositif CO2 (seul l’objectif et le faisceau laser sont représentés). Les fibres sont maintenues
dans des rainures en V par un peigne dont les doigts sont manipulables individuellement. (b) :
Photographie de la plaque où sont montées les fibres optiques pour le dépôt du recouvrement
réfléchissant. 9 supports sont montés sur la plaque pour un total d’environ 350 fibres.

Lors de l’ablation laser, le support de fibres permet de détecter et tirer un ensemble
de fibres sans avoir à ouvrir la boîte à flux laminaire du dispositif et donc d’éviter les
contaminations et les dérives thermiques.

Enfin, le format compact du support de fibres permet d’appliquer un recouvrement
réfléchissant sur beaucoup de fibres à la fois (cf. image 4.6b). A coût constant, il est ainsi
autorisé plus de diversité dans les paramètres de miroirs créés et/ou plus de sécurité contre
la contamination ou la cassure en augmentant le nombre de miroirs identiques.

21. La conception de ce dispositif a été effectuée par Konstantin Ott, doctorant au SYRTE [220].
22. Alliage d’aluminium et cuivre facilement usinable.
23. Alliage de cuivre, de zinc et d’étain qui a une bonne élasticité.
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Préparation des fibres optiques

Avant de procéder à l’ablation laser, les fibres sont donc chargées dans un support de
fibres. Nous utilisons plusieurs types de fibres optiques. Une partie des fibres utilisées 24

possède une gaine protectrice en cuivre qui est compatible avec l’ultra-vide des expé-
riences d’atomes froids. Il faut alors retirer cette gaine en cuivre grâce à une solution de
perchlorure de fer III (FeCl3) puis rincer à l’eau puis à l’isopropanol. L’autre type de fibre
que nous utilisons est une fibre à cristal photonique 25 (FCP) recouverte d’une protection
standard en acrylate. Afin de rendre ces fibres compatibles avec l’ultra-vide, il faut retirer
cette protection qui dégaze beaucoup, et la remplacer soit par une protection en or soit
par une protection en polyimide. Dans le premier cas, un premier dépôt d’or est appliqué
par trois évaporations successives avec rotation de la fibre de 120 degrés entre chacune.
Ensuite, une déposition électrochimique est appliquée pour atteindre une épaisseur d’or
d’environ 60 µm. Dans le second cas, le polyimide est réchauffé vers 50̊ C pour obtenir
une viscosité plus faible avant d’être appliqué manuellement sur la fibre et cuit dans un
four à 120̊ C pendant 1h puis 170̊ C pendant 1h.

Avant de placer les fibres dans le support, il faut procéder au clivage de la fibre. Pour
cela nous utilisons un appareil commercial automatisé 26 dans lequel la fibre est maintenue
sous tension et une lame en diamant soumise à des vibrations ultrasonores vient casser
la fibre. La nature de la silice assure que la surface résultante est normale à l’axe de la
tension dans le verre [221]. Ainsi la face de la fibre est presque orthogonale à son axe
optique avec une erreur qui est appelée angle de clivage. Pour obtenir un bon couplage
entre le mode de la cavité et celui de la fibre, cet angle doit être le plus petit possible
(cf. section 3.3.2). Avant d’être chargée dans le support, une mesure sommaire de l’angle
de clivage 27 est effectuée afin de rejeter les fibres dont l’angle est supérieur à 1 degré, la
moyenne mesurée est alors 0.6 degrés 28. La tension de clivage doit en outre être adaptée
pour chaque type de fibre. En effet, une tension trop grande crée des effets d’arrachage
qui augmentent l’angle de clivage ; et, une tension trop faible déforme fortement la surface
de la fibre à partir de la position où le diamant coupe 29 et abîme celui-ci.

Pour les fibres à cristal photonique, il est nécessaire de collaber les trous du cristal
dans une zone d’une épaisseur de quelques dizaines de microns (cf. figure 4.7a). Le but
de cette opération est à la fois de fermer les trous de la fibre pour éviter une dégradation
de ses propriétés due principalement à la vapeur d’eau résiduelle et d’obtenir une surface
homogène sur laquelle on peut effectuer l’ablation CO2. Si le tir est effectué directement
sur face de la FCP, la structure hexagonale du cristal visible sur l’image 4.7b s’affaisse
durant le tir. Le profil résultant est à symétrie hexagonale et les rayons de courbure
obtenus sont limités à des valeurs inférieures à 250µm à cause de l’effondrement du centre
de la fibre. Ces deux raisons rendent la structure inutilisable pour nos expériences. Par
ailleurs, la fonte des trous est aussi nécessaire pour sceller le vide de l’expérience, car les
deux extrémités de la fibre sont situées respectivement à l’intérieur et à l’extérieur de la

24. IVG Fiber : Cu800 (monomode (SM) à 780 nm), Cu1300 (monomode à 1560 nm) et Cu50-125
(multimode (MM) à gradient d’indice)
25. NKT photonics : LMA-10
26. NYFORS AutoCleaver
27. Grâce à la soudeuse optique Fujikura modèle FSM-45PM-LDF.
28. Les angles typiquement obtenus avec des fibres standard sont bien meilleurs (< 0, 3 degrés) mais le

revêtement en cuivre des fibres entraîne probablement des effets de tension dans la fibre qui augmentent
l’angle de clivage moyen
29. L’effet du couteau est toujours visible (cf. image 4.5a) mais est fortement réduit à la tension opti-

male.
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cellule à vide. Les trous sont donc éliminés par la fonte de la structure avec une série d’arc
électriques appliqués sur le coté de la fibre dans une soudeuse optique avant de cliver
à une distance typiquement comprise entre 50 et 100 µm 30 de l’interface cristal / silice
uniforme. La surface obtenue (voir l’image 4.7c) est alors d’une excellente uniformité pour
l’ablation.

(a) (b) (c)

Figure 4.7 – (a) : Image d’une fibre à cristal photonique dont les trous ont été collabés sur
environ 60 µm au bout de la fibre. (b) : Image d’une face de fibre à cristal photonique non
collabée : la structure de trous du cristal photonique est hexagonale. (c) : Image d’une face de
fibre à cristal photonique collabée

Séquence automatique de tir

Le support de fibres est placé sur le système de positionnement trois axes et les fibres
sont tirées successivement avec la séquence d’opérations suivantes qui combine les actions
des différents éléments du dispositif :

• Détection et centrage de la fibre optique à la position d’imagerie sur les trois axes.

• Déplacement vers la position de tir avec sélection d’une largeur de faisceau w.

• Ablation de la fibre avec une impulsion de puissance P et de durée τ .

• Retour à la position d’imagerie.

• Acquisition de plusieurs images pour mesurer le profil de la fibre.

• Ajustement bi-dimensionnel de la surface obtenue pour déterminer les paramètres
caractéristiques du miroir.

Toutes ces opérations sont effectuées via un logiciel développé pour contrôler les dif-
férentes parties du dispositif qui est décrit dans l’annexe C. La caméra, les platines de
translation et le détecteur thermique sont contrôlés par des pilotes dédiés ; les diodes et
les obturateurs sont contrôlés via une carte de génération de voltage 31. Les opérations
30. Si la distance est trop courte (≤ 30 µm), l’effet du cristal est toujours visible sur le profil après le

tir.
31. National Intruments modèle USB-6341.

123



4. Production et caractérisation de cavités Fabry-Pérot fibrées

standard sont programmées et la séquence peut être effectuée de façon automatique. En
utilisant la régularité de l’arrangement des fibres dans le support, celles-ci peuvent être
automatiquement détectées, tirées et analysées avec les mêmes paramètres.

Les deux sections suivantes décrivent plus précisément comment le centrage et le choix
de la largeur du faisceau sont effectués puis la méthode de mesure et d’analyse du profil
obtenu par le tir.

4.2.2 Centrage et ajustement de la largeur du faisceau
La précision du centrage du faisceau CO2 par rapport au coeur de la fibre ainsi que la

largeur w du faisceau pour le tir dépendent du positionnement aux deux points de fonc-
tionnement : imagerie et tir. Le centrage se fait par la combinaison d’un positionnement
précis du coeur au centre de la fibre et d’un déplacement calibré vers la position de tir.
Par ailleurs, le choix de la position de tir permet d’ajuster w.

Centrage de la fibre à la position d’imagerie

Le centrage de fibre à la position de tir se fait dans le plan XY d’imagerie par la
lumière injectée par la diode de coeur. Pour une fibre monomode (cf. figure 4.5b), le coeur
conduit un mode gaussien dont l’ajustement par deux gaussiennes sur les axes X et Y
permet de déterminer la position par rapport au centre du champ de vue de la caméra. La
position est alors déterminée avec une résolution de l’ordre de la dizaine de nanomètres
qui permet de résoudre un déplacement d’un incrément de position sur les platines de
translation (50 nm). En déplaçant ces dernières et en repérant à nouveau le coeur, la
fibre est ainsi rapidement déplacée (en une à trois itérations) jusqu’au centre du plan
objet avec une erreur de ±100 nm selon chaque axe. Pour une fibre multimode, le coeur
n’apparaît pas comme une gaussienne mais comme une tache circulaire quasi uniforme.
La position est déterminée par la moyenne des pixels les plus brillants 32 de l’image et la
fibre est centrée avec une précision de ±1 µm 33. Le centrage des fibres multimodes est
moins précis mais il n’est pas critique pour le couplage au mode de la cavité car le coeur
de la fibre (typiquement 50 µm) est bien plus large que les largeurs des modes de la cavité
sur le miroir pour l’expérience (∼ 10 µm). Cependant, le centrage reste important pour
maintenir des conditions de tir constantes en gardant la symétrie circulaire imposée par
les bords de la fibre.

Le centrage sur l’axe optique Z utilise le contraste des interférences observées lorsque
la position du profil est modifiée. En effet, lorsque la surface n’est pas dans le plan objet,
les interférences ont un contraste réduit. Au-delà de 10 µm de décalage, il est impossible
de voir la fibre. La surface de la fibre est donc d’abord repérée par un parcours rapide des
positions sur l’axe, dans une plage donnée où la fibre est supposée se trouver, en regardant
le contraste global de l’image. Un deuxième parcours plus précis, sur typiquement 14 µm
centré sur la position repérée, avec un décalage fixé de phase permet de calculer le contraste
des interférences au centre de l’image et de trouver la position optimale avec un ajustement
gaussien dont la largeur à mi-hauteur résultante est 1.7 µm, cf. figure 4.8. Le contraste
est donc limité par la profondeur de champ de l’objectif 34. Cet ajustement permet à

32. 90% de l’intensité maximale.
33. avec une telle valeur le centrage converge car la précision de la détermination de la position est

inférieure.
34. si les interférences étaient limitées par la longueur de cohérence de la source on aurait 9 µm d’après

la largeur spectrale de la diode.
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la fois d’optimiser le contraste des interférences pour les mesures de profilométrie (cf.
section 4.2.3) et d’ajuster la position de la fibre selon l’axe du faisceau laser CO2 pour
le tir (via le déplacement calibré), avec une précision bien inférieure à la longueur de
Rayleigh et même à la longueur d’onde du laser CO2.
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Figure 4.8 – Ajustement de la position sur l’axe optique. a : Mesure de l’intensité au centre
de l’image en fonction de la position de la surface de la fibre selon l’axe optique Z. b : Comme
le décalage de phase de l’interféromètre de Mirau est de 4π/3 entre chaque point sur l’axe Z,
le contraste local est calculé avec les données de deux points successifs. L’ajustement par une
gaussienne (courbe rouge) détermine la position du contraste optimal (ligne verte).

Choix de la largeur du faisceau

La largeur du faisceau laser CO2 sur la face de la fibre dépend de la position de tir sur
l’axe optique. Le faisceau laser gaussien évolue selon l’équation 4.5. Pour une largeur w de
tir supérieure à w0 il existe deux solutions aux positions z± (w). En choisissant d’utiliser
un faisceau fortement focalisé, la taille minimale atteignable est faible. Par ailleurs la
longueur de Rayleigh est courte, donc la taille du faisceau varie rapidement selon l’axe
optique évitant ainsi de larges déplacements sur l’axe pour ajuster w. Le système optique
constitué de trois lentilles permet d’obtenir un faisceau focalisé via un agrandissement du
faisceau dans le télescope constitué par les deux premières lentilles et l’utilisation d’une
lentille asphérique de courte focale 35.

La mesure de la largeur du faisceau peut être réalisée en regardant la transmission de
la puissance laser lors du déplacement d’une lame de rasoir qui coupe le faisceau dans le
plan orthogonal à l’axe. En fonction de la position de la lame x, la puissance transmise
est donnée par PT (x,w) = P 1√

2πw
∫ x
−∞ exp

(
− x′2

2w2 dx′
)
. Un ajustement des données permet

alors de déterminer w (z) à une position z (un exemple est donné par la figure 4.9a). La
mesure répétée plusieurs fois sur l’axe optique permet de déterminer la position z0 et la
largeur w0 du col du faisceau (voir la figure 4.9b).

La largeur du faisceau peut ainsi être variée entre 30 et 150 µm 36 avec un déplacement
de la position de tir de moins de 1, 3 mm. Ceci correspond aux largeurs habituellement
35. Les focales des lentilles sont dans l’ordre f1 = 63 mm, f2 = 102 mm et f1 = 25.4 mm. Le faisceau

après la deuxième lentille est en fait légèrement divergent pour obtenir un faisceau large sur la troisième
lentille et donc une forte focalisation.
36. En fait, les résultats de tirs sont bons près du col et loin de celui-ci ; mais, étonnamment, dans une

zone où 35 µm < w < 60 µm, la symétrie circulaire est fortement perturbée. Il faut donc pour utiliser une
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utilisées avec des fibres. Le dispositif a ainsi permis de créer des cavités diverses dont les
rayons de courbure des miroirs, expérimentalement dépendants de la taille du faisceau
utilisé, varient environ entre 10 µm et 1500 µm. De faibles rayons de courbures, obtenus
avec la largeur minimale, ont été produits afin de fournir une confinement transverse
fort de polaritons dans un puits quantique [222]. Les larges rayons de courbure, obtenus
avec un faisceau de 150 µm, ont permis des cavités longues destinées à une expérience de
métrologie quantique [223]. Des faisceaux plus larges ont été utilisés sur le dispositif pour
la formation de miroirs sur des plaques en silice pour des expériences d’opto-mécanique
quantique [224, 225, 226]. On remarque un léger astigmatisme sur le faisceau qui est
responsable d’une légère asymétrie des surfaces produites (voir section 4.3.3).
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Figure 4.9 – Mesure de la largeur du faisceau laser CO2 (a) : Mesure de la largeur en un
point grâce à une lame de rasoir qui coupe le faisceau. La puissance transmise est ajustée pour
déterminer la largeur du faisceau qui correspond à celle utilisée principalement pour la réalisation
des miroirs présentés. (b) : Évolution de la taille du faisceau selon la position sur l’axe optique.
La courbe est un ajustement avec l’évolution d’un faisceau gaussien.

Centrage du tir

Lorsque la position sur l’axe optique est choisie, la position de tir est alors déterminée
par le centre du faisceau. La fibre est alors translatée sur la distance relative entre la
position d’imagerie et la position de tir. La détermination de cette distance se fait en
analysant la surface après le tir et en corrigeant le déplacement relatif pour centrer la
gaussienne produite sur la position d’imagerie. Les erreurs sur le centrage sont donc dues
à deux effets : les variations de la distance relative et les erreurs des platines de translation.

Dans l’hypothèse où les conditions de contraintes et de température sont constantes, les
platines de translations ont des erreurs de positionnement dues à leur répétabilité sur l’axe
et d’autres qui proviennent des erreurs de déviations par rapport à l’axe : erreurs d’angles
(tangage, roulis et lacet) et erreurs de translations orthogonales à l’axe. Les erreurs de
répétabilité sur les axes X et Y étant spécifiées à ±0, 1µm (3 déviations standards) et
les fluctuations mesurées à la position d’imagerie après un aller-retour à la position de
tir ayant des déviations standard de 30 et 15 nm respectivement en X et Y, la distance

largeur de faisceau de tir dans cette zone changer le système optique pour travailler au col du faisceau
qui produit toujours des bons résultats.
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X
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1 : Centrage fibre a

4 : Centrage fibre b

2 : Déplacement 

3: Tir fibre a
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lEC

Figure 4.10 – Schéma du mécanisme d’erreurs de centrage du tir dues au déviations de la
platine de translation en X. Deux fibres dans un même support sont tirées successivement. Pour
la première, il n’y a pas d’erreur de centrage. Pour la deuxième le mouvement relatif de la
position d’imagerie vers la position de tir n’est pas le même, à cause des défauts de la platine
en X selon laquelle se fait le déplacement et dont la position de départ est différente pour les
deux fibres. Il en résulte une erreur de centrage lEC du tir. Les distances ne sont pas à l’échelle.

moyenne d’erreur de centrage l̄EC due aux erreurs de répétabilité est estimée à 60 nm 37.
Les déviations sont à priori reproductibles lors de la répétition du mouvement qui déplace
la platine entre deux positions fixées sur son axe ; et elles ont des effets non négligeables
sur des distances de l’ordre de la course des platines. Pour les platines sur les axes Y et
Z, les positions de départ sur la platine fluctuent peu devant la course des platines car
les fibres alignées dans le support ont des positions relatives de l’ordre de ±100 µm selon
ces axes. Pour la platine en X, la position de départ variant de 90 mm entre la première
et la dernière fibre, les déviations 38 entraînent des erreurs de centrage du tir de ±14 µm
sur l’axe X et ±5 µm sur l’axe Y. La figure 4.10 illustre cet effet. Comme ces déviations
sont reproductibles, le mouvement relatif de la position de tir à la position d’imagerie est
alors calibré en fonction de la position de départ de platine en X pour les compenser.

La compensation décrite précédemment n’est parfaite que si les conditions imposées
aux platines par l’environnement sont constantes. Dans le cas des platines en conditions
réelles, deux effets sont susceptibles de faire varier la reproductibilité : les changements
de contrainte et les variations de température. Les changements de contrainte peuvent
être dus à des changements de charge, qui sont à priori négligeables en temps normal car
le support utilisé est toujours le même, ou de contrainte de fixation de la platine (couple
de serrage des vis), qui n’apparaît pas en temps normal mais qui est présent lorsque
le dispositif est démonté puis remonté. Une nouvelle calibration est alors nécessaire. Les

37. En supposant que les erreurs de répétabilité sont deux lois normales d’écart-type σ = 100/3 = 33
nm et que l̄EC découle de uniquement de deux erreurs (aux deux positions) dans les deux directions, on
a l̄EC =

√
π
2σEC =

√
πσ où σEC est l’écart type de la loi normale bidimensionnelle symétrique décrivant

l’erreur de centrage.
38. Deux mesures interférométriques du déplacement relatif en deux points différents du dispositif (l’un

à la hauteur des fibres, l’autre juste au-dessus de la platine en X) permet d’attribuer la majorité de l’erreur
selon l’axe X à un tangage de la platine en X.
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Figure 4.11 – Déviations standard du positionnement du tir selon les axes X et Y et erreur de
centrage moyenne en fonction du positionnement de l’axe X à la position d’imagerie. Les données
(bleu) résultent des mesures de centrages sur 10 tirs sur un substrat en silice pour chaque point.
Les résultats attendus en appliquant une correction sur le déplacement avec le résultat du tir
précédent sont représentés en rouge. Les lignes marquent la déviation standard globale pour les
deux premiers graphes et la moyenne globale pour le dernier.

changements de température constituent donc le seul effet susceptible de faire varier sensi-
blement la reproductibilité, une fois la calibration effectuée. Par ailleurs, les changements
de température ont aussi une influence sur l’ensemble du dispositif en faisant ainsi varier
la distance entre la position d’imagerie et la position de tir, et donc la reproductibilité du
centrage de la structure obtenue par ablation.

Le meilleur moyen de déterminer les capacités du dispositif est alors de regarder les
résultats de centrage, lors d’une série de tirs sur un substrat en silice, présentés à la fi-
gure 4.11. Comme la position de l’axe X avant le tir varie beaucoup, nous avons représenté
les données en fonction de cette variable. Nous remarquons que son effet est important
sur la précision du système, probablement résultant de la combinaison de différentes dé-
formations thermiques selon le positionnement de la charge sur la platine en X. La figure
montre par ailleurs la précision attendue si l’on corrige le positionnement du tir avec le
résultat du tir précédent afin de contrer les dérives thermiques. La moyenne de l’erreur de
centrage est alors de l̄EC ' 0, 45 µm. Cette compensation a un effet bien plus important
selon l’axe X qui correspond quasiment à l’axe reliant les positions de tir et d’imagerie et
donc à priori le plus sensible aux effets thermiques. La température de la table optique
ayant été mesuré pour chaque tir, nous pouvons calculer la covariance avec le centrage
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qui vaut 0, 178 pour l’axe X et 0, 059 pour l’axe Y 39 dénotant un couplage plus important
de l’erreur en X aux effets thermiques.

Pour les tirs sur les fibres créées pour l’expérience, en utilisant la compensation par
le tir précédent, nous obtenons l̄EC ' 0, 90 µm. La différence avec la limite mesurée pour
des tirs sur un substrat peut être imputée : à l’augmentation de la durée entre deux
tirs (et donc des dérives thermiques) due à l’utilisation de tirs multiples, aux erreurs de
détermination du centrage dues aux défauts de planéité de la surface de la fibre, et aux
dérives à long terme de la calibration dues à des déformations irréversibles de matériaux.

4.2.3 Analyse par profilométrie optique
La mesure in situ du profil tridimensionnel des faces des fibres est un élément fonda-

mental du dispositif. Cette mesure est rendue possible par la combinaison de l’objectif
Mirau et de la précision nanométrique de la platine sur l’axe optique Z. L’analyse directe,
dans le programme de commande, du profil par des ajustements permet de déduire les
paramètres du futur miroir et de modifier les paramètres de tir pour converger vers la
géométrie voulue.

Principe de la profilométrie à décalage de phase
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Figure 4.12 – Fibre (IVG Cu50-125) ayant subit une impulsion de paramètres P ' 658 mW,
τ ' 34 ms et w ' 78 µm. Toutes les dimensions sont en microns. (a) : Image directe. (b) : Profil
reconstitué grâce à six images décalées en phase de π/2.

Pour mesurer le profil de la fibre, la diode de profilométrie est allumée pour observer
les interférences entre la fibre et le miroir de référence de l’objectif Mirau (cf. figure 4.4a).
L’image de fibre clivée présentée figure 4.5a présente des interférences quasi-linéaires à
cause de l’angle entre la face de la fibre et le miroir de référence. Une image de fibre
qui a subi une irradiation par une impulsion laser CO2 est présentée sur la figure 4.12a.

39. Pour comparaison la moyenne de la valeur absolue de la covariance de deux ensembles aléatoires
de 1000 points est de 0, 025
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Les interférences concentriques indiquent une variation de la hauteur du profil z (x, y) en
marquant les lignes de niveau. L’intensité observée sur une image a la forme :

I (x, y) = I0 (1 + C cos (φ (z (x, y)) + φ0)) with φ (z (x, y)) = 2πz (x, y)
λP/2

, (4.10)

où C est le contraste de l’interféromètre, φ (z (x, y)) décrit la variation de la phase sur le
profil et φ0 est une phase globale qui dépend linéairement de la distance entre le zéro du
profil et l’objectif profilométrique.

Avec une seule image il est impossible de savoir dans quelle direction varie la hauteur du
profil et de détecter les changements de signe du gradient associé. L’idée de la profilométrie
à décalage de phase est alors de prendre plusieurs images en changeant la phase globale φ0
via un déplacement du substrat le long de l’axe optique. Connaissant les décalages induits
par le déplacement il est alors possible de déterminer la tangente de la phase φ (z (x, y)).
Il existe une multitude d’algorithmes permettant d’obtenir le résultat avec des nombres
d’images différents et des décalages différents. S’il est possible d’obtenir un résultat avec
trois images, un nombre d’images plus important apporte plus de précision en réduisant
les erreurs de mesure. Les différents algorithmes ne sont pas sensibles aux mêmes erreurs
qui sont principalement dues à la non-linéarité de la caméra et aux erreurs de décalage sur
l’axe. Nous utilisons ici un algorithme à six images qui est insensible aux non linéarités du
capteur [227]. Il combine six images avec un décalage de phase augmentant de π/2 entre
chaque image, i.e. un déplacemant sur l’axe Z de λP/8 ' 64 µm. On obtient alors :

tan (φ (z (x, y))) = −3I2 (x, y)− 4I4 (x, y) + I6 (x, y)
I1 (x, y)− 4I3 (x, y) + 3I5 (x, y) , (4.11)

où les Ii sont les images dans l’ordre avec φ0,i = (i− 1) π/2. En prenant l’arc tangente,
on déduit φ (z (x, y)) modulo π. Ensuite, la phase est déroulée par une combinaison de
déroulements linaires selon les deux axes de l’image, qui est conçue pour éviter la pro-
pagation d’erreur depuis le centre de l’image où la fibre est sensée se situer. La région
d’intérêt de l’image où se fait la reconstruction du profil est circulaire pour éviter les
erreurs dans les zones où la fibre n’est pas présente. Ensuite le profil s’obtient simplement
par multiplication de la phase par λP/(4π). Le résultat de la profilométrie sur une fibre
tirée est illustré par la figure 4.12b.

Précision de la profilométrie

La profilométrie a une résolution radiale donnée par celle du système d’imagerie
(0, 8 µm). La précision axiale dépend de l’algorithme de reconstruction du profil et des
erreurs de la mesure. Avec l’algorithme utilisé, l’erreur provient des erreurs de décalage
de phase qui sont dues aux erreurs de positionnement de la platine sur l’axe Z (de l’ordre
de quelques nm car la résolution est de 1 nm) et aux dérives thermiques et vibrations qui
modifient la distance entre la fibre et l’objectif.

La mesure de l’écart-type de la profilométrie est présenté sur la figure 4.13. Elle est
obtenue à partir d’une série de 30 mesures de la même surface (un miroir macroscopique
standard). La précision de la profilométrie est donc globalement σz,total ' 1, 4 nm, soit
environ λP/370. Cette précision remarquable est très utile pour obtenir une estimation
précise des profils obtenus et donc des rayons de courbure, en particulier lors de la réalisa-
tion de miroirs avec des rayons de courbure élevés. On remarque que l’erreur est modulée
avec des vecteurs d’ondes qui sont les multiples 2 et 4 du vecteur de phase visible sur
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Figure 4.13 –Mesure de l’erreur de la profilométrie sur un miroir macroscopique. (a) : Image du
miroir utilisée comme première image de l’algorithme de reconstruction (distances en microns).
(b) : Écart-type sur une série de 30 mesures (acquisition/reconstruction).

l’image de départ. Cette modulation de la précision constitue un résultat typique dans les
algorithmes de profilométrie qui provient de la différence de phase à la première image 40.
On observe aussi une modulation parasite, dont l’origine est la même, sur les profils mesu-
rés (voir figure 4.15a) ; cependant, elle n’est importante que lorsque la profilométrie n’est
pas utilisée au contraste optimal.

La précision de la mesure peut être améliorée en moyennant les résultats d’un grand
nombre n de mesures avec des phases de départ décalées de π/2. L’évolution attendue
de l’erreur est statistiquement donnée par

√
nσz,total. Cela a été utilisé pour améliorer la

précision pour pouvoir simuler les modes de cavité [223]. Cependant, comme la mesure et la
reconstruction du profil durent quelques secondes, la répétition limiterait les efforts visant
à réduire les dérives thermiques et elle n’est donc pas utilisée pour les profils présentés
par la suite. Elle n’est de toute façon pas nécessaire pour avoir une bonne estimation
des paramètres de tir dans le cas des structures réalisées car leur courbure entraîne des
variations de profondeur bien supérieures aux erreurs de mesure.

Analyse des profils obtenus

Lorsque le profil de structure est mesuré, la détermination des paramètres importants
du miroir (diamètre, centrage et rayons de courbure) nécessite des ajustements par les
fonctions caractéristiques des formes créées. La surface obtenue avec un tir de laser CO2
est approximativement un trou gaussien elliptique. Le centre de la structure peut être
approximé par une parabole avec une position centrale, une symétrie de réflexion et deux
axes propres orthogonaux. La détermination des paramètres s’effectue en deux étapes :
une série de coupes unidimensionnelles alimente les paramètres initiaux d’un ajustement
bidimensionnel.

Premièrement, le profil de la fibre dans sa totalité est ajusté par un ensemble de coupes
centrées sur la dépression. La figure 4.14 montre le découpage en quatre coupes utilisé

40. Ici, le pixel central a été réglé sur la frange la plus brillante avant chaque mesure : ainsi la phase
sur la première image est toujours la même pour le set de 30 mesures.
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Figure 4.14 – Coupes unidimensionnelles d’analyse du profil d’une fibre ayant subi une ablation
de paramètres P ' 658 mW, τ ' 34 ms et w ' 78 µm. (a) : Profil analysé avec les coupes
représentées. (b) : Coupes ajustées par une gaussienne additionnée d’une fonction affine. (c) :
Détermination de l’angle de l’axe majeur de l’ellipse par rapport à l’axe X.

habituellement et l’ajustement de ces coupes par des gaussiennes auxquelles sont ajoutées
des fonctions linéaires pour prendre en compte l’angle entre la face de la fibre et le plan
objet. Les ajustements selon les axes X et Y permettent de mesurer le centrage du faisceau
CO2 sur la fibre (utilisé en section 4.2.2). Une fois déterminé la demi-largeur wD à e−2

de la structure pour chaque coupe, le dernier ajustement présenté permet de déterminer
l’angle de l’axe majeur de l’ellipse.

Par ailleurs, la largeur de la structure permet d’obtenir une estimation du diamètre
utile du miroir obtenu car D =

√
2wD avec la définition de la section 4.1.2. En supposant

que l’on veuille limiter l’effet des pertes par coupure à 10% des pertes totales, nous pouvons
donc définir un diamètre minimal du miroir en fonction de la finesse F et du mode de la
cavité sur le miroir wm comme :

Dmin =
√

2wD,min =
√

2wm

√
ln
(
− 2π

10F

)
(4.12)

Dans le cas d’une cavité symétrique, on a wm =
√

λ
π
zR

(
1 +

(
L/2
zR

)2
)

où la longueur de

Rayleigh zR est indépendante de la longueur d’onde (cf. équation 3.13). La contrainte est
donc imposée par la cavité à 1560 nm dans notre cas et impose un diamètre minimal
Dmin,1560 ' 43 µm pour une de cavité symétrique de paramètres F = 105, R = 300 µm et
L = 125 µm où wm,1560 ' 8, 7 µm.

Les paramètres déterminés par les ajustements de coupes permettent d’initier des
ajustements bidimensionnels afin d’avoir une convergence rapide de l’algorithme d’opti-
misation. Les ajustements paraboliques à deux dimensions servent à caractériser le centre
de la structure créée par l’ablation laser. Le paramètre principal pour les miroirs étant le
couple des rayons de courbure (Ra, Rb) selon les axes propres, ce résultat dépend de la
région d’intérêt considérée pour l’ajustement car le miroir dévie de la forme parabolique.
Cependant les déviations restent assez faibles de l’ordre de ±5% typiquement dans le
centre des structures créées pour un rayon de région d’intérêt jusqu’à 15 µm; ce qui est
bien supérieur à la largeur du mode miroir wm,1560 recherchée et donc les (Ra, Rb) mesurés
donnent une bonne estimation des courbures effectives que perçoit le mode de la cavité.
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Figure 4.15 – Ajustement par une paraboloïde elliptique du centre du profil de la figure 4.14.
(a) : Différence δz entre l’ajustement et le profil dans une zone de diamètre 30 µm. Les structures
circulaires résultent d’un artefact de l’algorithme de reconstruction. (b) : Coupes selon les axes
X et Y du profil et de l’ajustement passant par le minimum de la dépression.

La figure 4.15 montre le résultat d’un ajustement parabolique 2D sur une région d’intérêt
de diamètre 30 µm. La différence entre l’ajustement et le profil mesuré est inférieure à 17
nm et la déviation moyenne est 2, 9 nm. Le décalage du centre de la structure par rapport
au centre des axes X et Y est dû à l’angle non nul entre la face de la fibre et le plan
d’imagerie. Dans les cas où l’angle est faible, ce décalage reste faible et la détermination
des caractéristiques de la surface peut se faire en invoquant la proximité de la surface avec
celle d’une sphère dont les propriétés sont inchangées par rotation. Si la déviation est im-
portante, ce qui est le cas pour une fibre ayant un angle de clivage élevé, la détermination
des caractéristiques du miroir est faussée. Cependant, ces fibres ne sont en pratique pas
intéressantes, car elles impliquent un mauvais couplage à la cavité à cause de l’angle de
clivage et ne sont donc pas utilisées pour former une cavité pour l’expérience.

4.3 Ablation laser par tirs multiples
L’inclusion de platines de translation dans le dispositif d’ablation laser permet aussi

de développer une nouvelle méthode de production des fibres. En effet, plutôt que de
se limiter à une seule impulsion d’ablation, il est possible de créer une surface en tirant
plusieurs fois sur la même fibre en variant la position des tirs, combinant ainsi les avantages
d’une gravure précise et flexible avec la faible rugosité de l’ablation CO2.

4.3.1 Un outil pour dépasser les miroirs gaussiens
Les miroirs gaussiens produits par un tir CO2 ne sont pas l’idéal recherché pour la

formation d’une cavité. On recense trois défauts fondamentaux :
- Le premier réside dans la déviation du miroir de forme gaussienne par rapport à

la forme parabolique idéale dans l’approximation paraxiale. Cet déviation induit une
déformation des modes par rapport aux modes de Hermite-Gauss [228].
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- La deuxième limitation, dans le cas des miroirs sur fibres, provient du diamètre utile
maximal atteignable à cause des effets de fonte des bords. C’est ce qui limite la longueur
maximale atteignable pour la cavité et qui s’avère être un problème technique fondamental
dans une série d’expériences (par exemple, pour l’insertion d’un large nuage d’atomes dans
la cavité ou pour éviter la présence de surfaces diélectriques proche d’émetteurs ioniques
[229]).

- La dernière imperfection dont souffre la méthode du tir unique réside dans l’asymétrie
de rotation non contrôlée de la structure produite et la biréfringence géométrique du miroir
qui en résulte.

En utilisant une série de tirs dont l’empreinte individuelle est bien plus faible que
la taille du miroir, il devient possible de réaliser une structure dont la taille s’approche
du diamètre de la fibre. Par ailleurs, l’utilisation d’un grand nombre de tirs permet de
contrôler précisément la forme finale pour produire un miroir dont la forme est plus proche
d’une parabole. Des fibres produites avec le dispositif par la technique des tirs multiples
ont ainsi permis la réalisation de cavités fibrées de haute finesse dont la longueur excède
1, 5 mm [223]. Les sections suivantes s’attacheront plus particulièrement à la production
de miroirs dont la symétrie par rotation est contrôlée.

Pour la réalisation de miroirs via des tirs multiples, trois remarques générales peuvent
être faites sur les paramètres de tir :

- Premièrement, pour aboutir à des structure lisses où l’effet des tirs individuels est
indécelable, il est nécessaire d’utiliser une configuration où les dépressions des tirs se
chevauchent suffisamment. L’effet de lissage apporté par la fonte de la couche superficielle
de la fibre permet alors d’aboutir à des formes “continues” avec une configuration discrète
de tirs. Pour optimiser cet effet nous utilisons une largeur de faisceau de l’ordre de celle
de la fibre.

- Deuxièmement, la courbure du tir individuel doit être du même ordre de grandeur que
celle visée pour la forme finale. En effet, avec une courbure trop faible ou trop importante,
converger vers la forme voulue nécessite alors un nombre bien plus important de tirs.

- Troisièmement, si des positions de tir proches sont tirées consécutivement, alors
l’effet de lissage va être perturbé dans cette zone. Dans les cas, tels ceux présentés par
la suite, où les positions sont placées sur des cercles ou des ellipses, nous avons remarqué
expérimentalement que le fait de sauter au moins deux positions consécutives, afin de
parcourir l’ellipse en au moins trois tours, produit des résultats satisfaisants.

La recherche des paramètres de tir commence par la modification du nombre et des
positions de tir afin d’obtenir une structure parabolique. Lorsqu’une structure parabolique
a été obtenue, il est possible de varier la courbure en changeant la durée de l’impulsion
ou en appliquant une homothétie centrée aux positions de tir tout en gardant une forme
parabolique. Cependant, un changement important de la courbure nécessite usuellement
un ajustement du nombre et des positions des tirs.

Par ailleurs, le dispositif n’est pas limité à la création de structures de miroirs uniques.
La figure 4.16a montre une réalisation de structure qui vise à obtenir deux miroirs pouvant
créer deux cavités couplées. Le dispositif peut aussi permettre la réalisation d’une matrice
de miroirs sur un même substrat avec des distances bien précises entre les structures pour
créer un ensemble très compact de cavités. La figure 4.16b est une réalisation ludique
qui démontre les capacités de gravure du dispositif. Pour réaliser cette structure sur une
fibre, nous avons utilisé un dernier type d’ajustement que permet le dispositif : la durée de
l’impulsion est modulée en fonction de la position du tir. En effet, l’effet d’un tir unique
est beaucoup plus marqué lorsque l’on s’approche du bord de la fibre et la gravure bien
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Figure 4.16 – Exemples de réalisations de tirs multiples originaux sur fibre de diamètre 125 µm.
(a) : Double structure de miroir pouvant mener à un système de cavitées couplées. (b) : Gravure
ludique d’un ket.

plus marquée sur les bords de la fibre. En appliquant un gradient de durée de l’impulsion
depuis le centre de la fibre, cet effet est sommairement compensé.

4.3.2 Vers une biréfringence amplifiée

Dans l’objectif d’augmenter la biréfringence géométrique des miroirs, nous avons créé
une série de fibres dont la dépression est volontairement elliptique grâce à la technique
des tirs multiples. Pour cela, le positionnement de 46 tirs est organisé en trois ellipses
concentriques qui ont le même ratio se = a/b entre le demi-grand axe a et le demi-
petit axe b dont un exemple est donné par la figure 4.17a. Le profil résultant est alors
un paraboloïde elliptique avec une très bonne approximation dans une zone de diamètre
30 µm (cf. figures 4.17b et 4.17c) qui est supérieure à la largeur totale des modes attendus
dans nos cavités.

Pour adapter le résultat aux différents types de fibres ou faire varier légèrement les
courbures obtenues, la durée de l’impulsion, l’échelle globale et le ratio elliptique de la
configuration des tirs sont modifiés. La puissance du laser CO2 est P ' 746 ± 2 mW.
La largeur du faisceau est w ' 78 µm ∼ rf ' 62, 5µm. La durée de l’impulsion est
variée sur l’intervalle 14 < τ < 21, 5 ms. Le ratio elliptique est pris dans la plage 1, 44 <
se < 2, 15. Ceci afin d’obtenir des fibres dont les rayons de courbure sont proches de
Ra = 350 / Rb = 250 µm pour l’essentiel d’entre elles pour convenir aux conditions
expérimentales visées. A paramètres de tir constants, des fluctuations corrélées entre Ra

et Rb de ±5% sont observées, probablement dues aux fluctuations de puissance du laser.
Sans pousser le dispositif à ses limites, les surfaces produites ont été variées dans un
domaine de rayons de courbure compris entre 260 / 170 µm et 780 / 350 µm. Les résultats
de mesure de la biréfringence géométrique obtenue avec ce type de fibres sont présentés
au paragraphe 4.4.4.
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Figure 4.17 – Réalisation d’une forme paraboloïde elliptique sur une fibre optique de diamètre
125µm. (a) : Position des 46 tirs utilisés alignés sur trois ellipses concentriques de ratio se = 1, 65.
(b) : Profil de la fibre après les tirs de paramètres P ' 748 mW, τ ' 14, 2 ms et w ' 78 µm. (c) :
Désaccord entre l’ajustement bidimensionnel parabolique et le profil dans une RDI de diamètre
30 µm. (b) : Coupes transverses selon les axes X et Y du profil et de l’ajustement bidimensionnel.
Les axes ont été centrés pour améliorer la visibilité de la différence de courbure. Les rayons de
courbure propres de l’ajustement sont Ra ' 357 µm et Rb ' 241µm.

4.3.3 Vers des modes de polarisation dégénérés

La biréfringence géométrique d’une structure créée par un seul tir est souvent assez
élevée pour être problématique dans les cavités de haute finesse avec des miroirs à forte
courbure. La biréfringence géométrique est proportionnelle à la différence relative des deux
rayons de courbure Ra−Rb

Ra
(cf. equation 3.81). Pour la position de tir sur l’axe du faisceau

utilisée précédemment, choisie pour avoir une largeur w ' 78 µm, la combinaison de
l’astigmatisme et de la polarisation rectiligne résiduels du faisceau mène à des structures
dont la différence relative des rayons de courbure est de 8, 7% pour des valeurs de rayons
de courbure de l’ordre de 290 µm en moyenne (paramètres de tir : P ' 808 ± 2 mW,
τ ' 31 ms et w ' 78 µm.)
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Figure 4.18 – Compensation de l’asymétrie de rotation du laser CO2 par la technique des tirs
multiples. (a) : Schéma de principe montrant la relation entre la symétrie de la configuration de
tir et celle du résultat de l’ablation. L’ellipticité de la configuration de tir, caractérisée par se, est
augmentée sur l’axe orthogonal (Y) à celle résultant du tir individuel (selon X). Les proportions
ont été exagérées pour améliorer la visibilité. (b) et (c) : Résultats expérimentaux pour le tir
unique et les tirs multiples en fonction de se collectionnés sur une série de trois fibres pour
chaque point. Les barres d’erreurs représentent les déviations standard. (b) : L’évolution de la
différence relative des rayons de courbure réduite jusqu’à 1, 5%. (c) : Angle du grand axe de la
dépression par rapport à l’axe X. Il varie de 0 pour le tir unique et les tirs multiples circulaires
à 90 C̊ pour les tirs multiples très elliptiques orientés sur l’axe Y. Proche de la symétrie de
rotation, les grandes fluctuations dénotent l’absence d’axe majeur déterminé.

La technique des tirs multiples permet de compenser cette asymétrie. Le principe est
alors d’utiliser une configuration de positions de tirs qui possède une ellipticité opposée à
celle du tir unique (cf. figure 4.18.a). L’axe majeur des structures produites par tir unique
est fortuitement aligné avec l’axe X (θX ' 0 ± 8̊ ). Afin de compenser l’ellipticité, nous
utilisons une configuration de tir elliptique selon l’axe Y similaire à celle utilisée dans la
partie précédente avec 47 tirs où un tir supplémentaire est ajouté au centre de la fibre 41.
Les paramètres de puissance et de largeur de faisceau sont inchangés par rapport au tir
unique. La durée de l’impulsion est ajustée dans la plage 20, 5 < τ < 20, 9 pour obtenir
des rayons de courbure qui sont toujours de l’ordre de 290 µm.

Une configuration circulaire de tirs multiples (i.e. se = 1) diminue la différence des
rayons de courbure par la symétrie qu’elle apporte mais présente toujours 5, 1% de diffé-
rence relative avec un axe principal toujours sensiblement orienté selon l’axe X (voir fi-

41. pour la fibre Thorlabs 980HP utilisée ici, ce tir central compense un effet d’aplatissement de la
structure en son centre due à la différence de matériau entre le coeur et la gaine de la fibre.
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gure 4.18.b et c). Lorsque l’ellipticité est augmentée sur l’axe Y, nous pouvons alors réduire
l’asymétrie jusqu’à 1.5% en moyenne avec se = 1, 08. Certaines fibres présentent même des
différences relatives inférieures à 1% ; pour une cavité de finesse F = 5.104 à 780 nm, ceci
se traduirait en terme de séparation relative maximale des modes εmax = δνmax

κ
' 0, 2 avec

δνmax la séparation en fréquence des modes de polarisation et κ la largeur à mi-hauteur de
la lorentzienne de la cavité. Les deux lorentziennes ne sont alors pas résolues et l’injection
efficace d’un faisceau de polarisation circulaire dans la cavité est possible.

4.4 Cavités fibrées doublement résonantes
Afin d’obtenir une chaîne d’atomes uniques optimalement couplés à un mode de cavité,

les miroirs de la cavité doivent remplir un certain nombre de réquisitions expérimentales
établies dans le chapitre 3 dont nous rappelons rapidement les éléments principaux. Le
contrôle du mode gaussien du résonateur et de sa biréfringence géométrique sont assurés
via la forme des surfaces concaves créées par l’ablation laser sur les fibres optiques, ainsi
que par l’alignement précis des miroirs lors de la formation de la cavité. L’obtention d’un
réseau optique à environ le double de la longueur d’onde de résonance des atomes (780
nm) impose que la cavité doit être aussi résonnante pour cette longueur d’onde (1559
nm). Par ailleurs, la phase relative de réflexion des deux fréquences optiques sur le miroir
doit être contrôlée pour assurer un couplage homogène des atomes au champ résonant.

Nous présentons ici le dispositif mis en place pour caractériser les cavités ainsi que les
résultats de mesures de transmission, finesse, phase relative et biréfringence. Le dernier
paragraphe montre l’observation d’un couplage entre modes de la cavité. 42

4.4.1 Dispositif expérimental
Les miroirs sur les fibres sont réalisés par une entreprise spécialisée dans les dépôts

par épitaxie moléculaire en spécifiant les transmissions et la phase relative recherchées. Il
convient ensuite de faire un recuit de chaque miroir pendant 8 h à 300 C̊ pour éliminer
les atomes d’oxygène manquants dans les matrices diélectriques qui créent des défauts
absorbants [230]. Cette opération est réalisée dans un four miniature afin de ne chauffer
que le bout de la fibre pour éviter d’oxyder la protection en cuivre des fibres. Une cavité
peut alors être formée avec un couple de fibres.

Deux types de cavités fibrées

Afin d’obtenir une injection stable d’un laser dans une cavité fibrée, il est nécessaire
d’utiliser une fibre monomode (SM) pour la longueur d’onde λ considérée. Le paramètre
caractéristique du comportement monomode d’une fibre à saut d’indice est la fréquence
normalisée V = 2πa

λ

√
n2

c − n2
g où a est le rayon du coeur de la fibre, nc et ng sont res-

pectivement les indices optiques du coeur et de la gaine [231]. Lorsque V est inférieur à
VC ' 2, 405 (premier zéro de la fonction de Bessel J0), la fibre ne conduit que le mode
fondamental. La fréquence normalisée V caractérise aussi la fraction de la lumière confinée
dans le coeur de la fibre qui est faible pour une faible valeur de V et augmente jusqu’à
' 90% lorsque V atteint la limite monomode. Ainsi pour une fibre monomode à 780 nm,
la valeur de V pour un mode à 1559 nm est faible, caractérisant une forte présence du
42. Les résultats expérimentaux présentés dans cette partie ont été obtenus en collaboration avec Fran-

cesco Ferri, doctorant.
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4.4. Cavités fibrées doublement résonantes

mode dans la gaine et donc une sensibilité accrue aux pertes par flexion de la fibre. De
fait, il est expérimentalement impossible d’obtenir une bonne conduction de la lumière
dipolaire dans une fibre SM à 780 nm car les pertes sont très importantes et très sensibles
à un déplacement de la fibre. La seule possibilité d’obtenir une cavité fibrée doublement
résonante avec des fibres standard à saut d’indice est d’utiliser une configuration SM-SM
où une fibre est monomode à 780 nm et l’autre est monomode à 1559 nm, et chaque laser
est injecté via la fibre correspondante.

Une autre solution est possible via l’utilisation de fibres à cristal photonique (FCP)
dont la structure permet de guider des modes optiques avec un comportement monomode
dans une très large bande de longueurs d’ondes. La structure de ces fibres à cristal pho-
tonique, présentée en figure 4.7b, est constituée d’un coeur de silice et d’une gaine qui
est un cristal photonique où la réflexion de la lumière vers le coeur résulte de l’indice
effectif inférieur de la microstructure de trous dans la silice. La fréquence normalisée V
peut alors se mettre sous la forme d’une fibre à saut d’indice avec un indice effectif pour
la gaine. Cet indice effectif dépend de la longueur d’onde car à courtes longueurs d’ondes
le champ tend à éviter les trous pour se concentrer dans les régions de silice. Cet effet
empêche alors la divergence de V lorsque λ → ∞ et permet même de le limiter à des
valeurs inférieures à la coupure multimode VC pour des fibres qui sont alors infiniment
monomodes [232]. L’intérêt de ces fibres est double pour le couplage à la cavité. D’une
part, la fibre utilisée pour collecter la transmission de la cavité peut être multimode (MM)
et ainsi le couplage de sortie est parfait (ε2 = 1). Cette configuration optimise la collection
des photons injectés dans la cavité par la fibre FCP et donc la mesure de la transmission
qui est l’élément central de la détection d’états quantiques. D’autre part, le diamètre du
mode conduit est plus large que dans les fibres standard à saut d’indice avec un coeur
dopé, et fournit donc à priori un meilleur couplage (ε1) au mode la cavité. Cependant,
le couplage au mode dépend en pratique de l’expansion du faisceau dans la région col-
labée. Le couplage est calculé en trouvant les caractéristiques du faisceau injecté par la
matrice ABCD de la propagation dans la silice pure suivi du dioptre courbé du miroir et
en calculant le recouvrement avec le mode de cavité.

Nous avons ainsi mis en place et caractérisé une cavité fibrée SM-SM et une FCP-MM
afin de comparer leurs capacités.

Montage

Le schéma 4.19a présente le dispositif mis en place pour caractériser les propriétés des
résonateurs optiques. Il permet d’aligner précisément les deux fibres dans lesquelles sont
couplés les lasers à 780 nm 43 et à 1559 nm 44. Un actuateur piézoélectrique 45 fait varier
la longueur de cavité sur quelques microns afin d’observer les spectres en transmission
et réflexion sur les photodiodes. Afin de calibrer précisément la variation de fréquence
de résonance induite, un modulateur électro-optique génère des bandes latérales sur le
laser à 780 nm (pour les mesures à 1559 nm, la même référence est utilisée en divisant la
conversion en fréquence par deux).

Un exemple de spectre obtenu en transmission est présenté sur la figure 4.20a avec
l’ajustement utilisé par la suite pour les mesures de taux de décroissance du champ et
de biréfringence. La figure 4.20b illustre l’effet d’interférence des modes pour la réflexion
43. Radiant Dye NarrowDiode : largeur spectrale 20 kHz.
44. Eblana EP1558-NLW-BAA : largeur spectrale 130 kHz.
45. Piezolélectrique interne au système de positionnement 3-axes Thorlabs Nanomax MAX311D/M :

bande passante ∼ 100 Hz
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Figure 4.19 – (a) : Schéma du système de caractérisation d’une cavité doublement résonante
avec des fibres monomodes (SM). Les deux longueurs d’onde sont injectées dans la fibre mo-
nomode correspondante. Dans le cas d’une cavité avec une fibre à cristal photonique (FCP)
et une fibre multimode (MM), le dispositif est modifié pour coupler les deux couleurs dans la
fibre à cristal photonique. Les systèmes précis de translation et rotation permettent d’aligner la
cavité pour optimiser les transmissions et réflexions sur les photodiodes. La longue platine de
translation permet d’alterner entre la position d’analyse de cavité et la position d’analyse de la
polarisation injectée dans la cavité. (b) et (c) : Images de cavités fibrées, respectivement SM-SM
et FCP-MM, alignées à une distance proche de celle visée pour l’expérience. (d) : Image d’un
miroir sur fibre SM à 780 nm par la caméra représentée sur le schéma où l’on aperçoit le coeur
de la fibre via la transmission du laser à travers le miroir.

discuté en section 3.3.2. La réponse en réflexion n’est pas lorentzienne, spécialement dans
ce cas où la cavité est légèrement désalignée pour accroître l’effet.

Le dispositif permet aussi de modifier et mesurer la polarisation injectée dans la cavité
en déplaçant la fibre de sortie pour placer un dispositif d’imagerie incluant un polariseur
en face du miroir d’entrée (la fibre d’entrée restant fixe pour ne pas modifier son stress
interne et donc sa biréfringence).
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Figure 4.20 – (a) : Spectre en transmission à 780 nm pour une cavité fibrée, où la fréquence
de résonance de la cavité est modifiée par une faible variation de sa longueur. Les deux modes
de polarisation, séparés en fréquence de δν, sont ici injectés avec des puissances similaires. Les
bandes latérales créées à ±fEOM par le modulateur permettent d’ajuster l’échelle de fréquence.
L’ajustement permet de mesurer le taux de décroissance du champ dans la cavité κ et la sé-
paration des modes de polarisation δν. (b) : Spectre en réflexion à 780 nm pour une cavité
légèrement désalignée afin de mettre en évidence le caractère non lorentzien de la réflexion (la
courbe en pointillé montre une lorentzienne pour comparaison). Un seul mode de polarisation
est ici injecté.

4.4.2 Mesure de la phase relative de réflexion

La phase relative de réflexion δφm (cf. équation 3.55) est déterminante pour le recou-
vrement des modes résonant et dipolaire. Elle peut être calculée en utilisant la méthode
de matrices de transfert qui détermine les coefficients de réflexion et de transmission en
champ d’un empilement de couches diélectriques [233]. Cette méthode est principalement
utilisée pour la conception de revêtements réfléchissants, anti-réfléchissants et de filtres
optiques afin de quantifier leur réflexion et transmission en intensité. Cependant, comme
elle résout les équations de Maxwell dans le système, les phases de réflexion et transmission
sont aussi accessibles. Les phases de réflexion à 780 et 1559 nm ont ainsi été ajustées dans
la conception des miroirs. Le miroir est constitué d’un empilement de 42 couches dont les
7 dernières couches à être déposées (donc celles du côté de la cavité) servent à ajuster la
phase relative car elles diffèrent de l’enchaînement régulier des couches précédentes.

Le résultat d’une simulation de champ appliquée à l’empilement de couches diélec-
triques mesuré lors du processus de déposition est présenté sur la figure 4.21. La décrois-
sance rapide des champs à λ1 et λ2 permet d’observer que la pénétration du champ est
faible. Le calcul de l’intégrale énergétique normalisée permet de calculer la pénétration
par l’équation 3.57, on obtient alors Lp,1 ' 1201 nm et Lp,2 ' 1506 nm. On remarque
aussi que le chevauchement des champs dans la cavité est presque parfait. Le calcul est
unidimensionnel avec une onde plane progressive, ce qui est une bonne approximation de
l’effet local du miroir car le mode prend la courbure du miroir. Il existe cependant des
généralisations de cet algorithme au traitement des faisceaux gaussiens [234].

La figure 4.22 montre le résultat du calcul de matrice de transfert pour la phase de
réflexion. On obtient alors δφm ' −4, 4̊ . La dérivée des phases permet par l’équation 3.58
de calculer la pénétration du champ dans les couches du miroir, utile pour la détermination
de l’intervalle spectral libre local ; on obtient alors Lp,1 ' 1202 nm et Lp,2 ' 1506 nm. Le
très bon accord entre les deux façons de calculer la profondeur de pénétration confirme
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Figure 4.21 – Simulation par matrice de transfert de l’amplitude du champ électrique lors
de la réflexion sur le miroir pour λ1 = 780, 24 nm et de λ2 = 1559 nm. L’onde incidente a une
amplitude de 1 et se dirige vers −z. L’indice optique des différents milieux à λ1 permet de voir
la structure des couches du miroir. Les lignes verticales marquent les limites du miroir.

que les deux façons de percevoir la cavité avec le champ réel et avec la phase de réflexion
sont cohérentes.
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Figure 4.22 – Simulation par matrice de transfert de la phase de réflexion autour de λ1 '
780.24 nm (a) et de λ2 ' 1559 nm (b) : φ1 ' 207, 6̊ et φ2 ' 99, 4̊ . Les variations des phases
sont dφ

dλ (λ1) ' 1, 42̊ /nm et dφ
dλ (λ2) ' 0, 45̊ /nm.

La phase relative peut par ailleurs être mesurée. En effet, du fait de la phase de Gouy
et de la phase relative, la fréquence ν2 du laser à 1559 nm, pour laquelle la cavité est
doublement résonante avec celle ν1 = c/λRb du laser à 780 nm fixé sur la spectroscopie
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4.4. Cavités fibrées doublement résonantes

du rubidium, varie en fonction de la longueur de la cavité L. Sous l’hypothèse que φm ne
dépend pas de ν2

46, la fréquence du laser s’écrit alors :

ν2 = ν1

2 + c

2πL arctan
√ L

2R− L

+ c

2L
δφm

π
(4.13)

où R est le rayon de courbure de la cavité circulaire symétrique considérée (voir l’annexe D
pour la dérivation de cette expression.) et est pris en compte par l’expression de la phase
de Gouy qui est responsable du second terme.

Mesure

Figure 4.23 – Mesure de la fréquence ν2 du laser à 1559 nm pour laquelle la cavité est
doublement résonante avec le laser à 780 nm fixé sur la spectroscopie du rubidium (ν1 = c/λRb).
L’ajustement par la fonction donnée par l’équation 4.13 en fixant R = 300 µm (moyenne des
rayons de courbure des miroirs) donne δφm ' −4.8̊ , avec un décalage de fréquence de ν2,ajustée−
ν2,mesurée ' 3, 6 GHz et un décalage de longueur de Lajustée − Lmesurée ' −2 µm. Les barres
d’erreur relative en fréquence de ±1, 4GHz sont expliquées dans le texte. Les barres d’erreur
relative en longueur de ±0, 5µm ne sont pas représentées.

Le résultat de la mesure et son ajustement par l’équation 4.13 sont présentés sur la
figure 4.23. Pour modifier ν2 nous utilisons la variation reproductible de la fréquence du
laser lorsque l’on modifie le courant et la température. Les variations sont calibrées sur
un spectromètre 47 avant d’utiliser le laser sur l’expérience. L’erreur de calibration relative
en fréquence est estimée par une série de comparaisons entre deux points de fonctionne-
ment du laser en température et courant produisant la même fréquence (contrôlée par la
condition de double résonance). La déviation standard de la différence pour l’ensemble
des fréquences utilisées pour la mesure est ainsi de ±1, 4GHz. La longueur de la cavité
est modifiée via la vis micrométrique 48 correspondante de la platine précise de position-
nement 3-axes. Les erreurs de calibration absolue de ν2 et L sont prises en compte dans
l’ajustement par des décalages d’origine.
46. Cette hypothèse se ramène à une faible variation de φ2 qui est inférieure à ±0.2̊ selon la simulation

de la phase et la plage de fréquence balayée par la mesure.
47. Avantest Q8384 : précision ±61 GHz, résolution ±1, 2 GHz à 1559 nm.
48. Thorlabs DRV3 : résolution ±0, 5 µm
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La forme de la courbe est dominée lorsque L → 0 par le terme de phase relative
qui est proportionnel 1/L alors que le terme de phase de Gouy est de l’ordre de 1/

√
L.

Lorsque L augmente, la phase de Gouy augmente et devient le terme dominant car |δφm|
est faible. La valeur de −4, 8̊ obtenue pour la phase relative est en bon accord avec la
simulation par matrice de transfert. La phase relative n’est pas la phase optimale de 2, 5̊
pour le recouvrement des modes 49 mais elle est assez proche de celle-ci pour permettre
une variation entre sites de la constante de couplage qui n’est pas dominée par cet effet
(cf. figure 3.13).

4.4.3 Mesures de transmission et finesse
Les mesures des spectres obtenues en variant la longueur de la cavité (cf. figure 4.20a)

sont ajustées pour mesurer la demi-largeur à mi-hauteur κ de la lorentzienne. La longueur
effective de la cavité est déterminée par les vues des dispositifs d’imagerie transverse (cf.
figure 4.19b pour un exemple) et en ajoutant les profondeur des dépressions formant les
miroirs et les longueurs de pénétration (soit ∼ 5 µm au total). L’imprécision de la mesure
de la longueur est estimée à ±5µm. La combinaison de κ et L permet d’obtenir la finesse.
Par ailleurs la mesure de transmission du revêtement diélectrique à 780 nm 50, T780 ' 35
ppm, nous permet d’estimer les pertes des résonateurs. Dans le cas où la fibre de sortie est
multimode, le couplage du mode fibré injectant la cavité peut se déduire de la transmission
à résonance TCF,res. Le tableau 4.1 présente l’ensemble des résultats obtenus pour les deux
types de cavités : SM-SM et FCP-MM.

λ Paramètre FCP-MM
L ' 136 µm

SM-SM
L ' 126 µm

780 nm

κ (MHz/2π) 13 (11, 6) 15, 5 (12, 5)
F 42.103 (48.103) 38.103 (48.103)

T (ppm) 35 (30) 35 (30)
L (ppm) 39 (36) 47 (36)
TCF,res (%) 6, 7 (15, 8) 5, 2 (12, 5)

RCF,nonres (%) 17, 5 (19) 74 (89)
ε (%) 30 (65) (60)
ε2 (%) (100) (85)

1559 nm

κ (MHz/2π) 7, 6 (6, 5) 8, 1 (7)
F 72.103 (85.103) 74.103 (85.103)

T (ppm) (30) (30)
L (ppm) (7) (7)
TCF,res (%) 20, 3 (31, 6) 0 (0)

RCF,nonres (%) 18, 9 (10) 52 (97)
ε (%) 43 (48) (65)
ε2 (%) (100) 0 (0)

Table 4.1 – Résultats comparés des cavités SM-SM et FCP-MM, les valeurs entre pa-
renthèses marquent les valeurs attendues.

49. La différence s’explique essentiellement par une différence de convention de signe de la phase entre
nos calculs et ceux de l’entreprise fabricant les miroirs
50. Par la transmission résiduelle d’un faisceau laser à travers un miroir fibré.
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4.4. Cavités fibrées doublement résonantes

Pour les deux types de cavités, des finesses similaires aux deux longueurs d’ondes et
proches de celles attendues par les spécifications des revêtements ont été obtenues ; c’est-à-
dire que les résonateurs ne sont pas limités par les pertes par coupures (les pertes indiquées
comme étant attendues sont l’addition des pertes d’absorption et diffusion intrinsèques aux
miroirs). Les transmissions observées à résonance sont cependant inférieures aux valeurs
attendues. Pour la cavité FCP-MM, cela signifie que le couplage de l’injection n’est pas
reproduit quantitativement par l’évolution d’un faisceau non guidé sur la longueur de la
région collabée. Il est fort probable que l’interface entre la région collabée et la fibre à
cristal photonique normale soit courbée et/ou que la transition entre les deux régions
ne soit pas bien définie. Pour la cavité SM-SM, la transmission dépend du couplage à
la fibre de sortie qui est fortement influencé par les erreurs de centrage et d’angle de
clivage des fibres. On remarque expérimentalement que l’alignement de la cavité SM-SM
est logiquement plus sensible aux décalages et aux rotations d’un des miroirs.

La cavité FCP-MM est donc la meilleure solution expérimentale par sa stabilité et
son couplage de sortie qui est le paramètre critique de la collection d’information sur les
atomes. Le seul inconvénient par rapport aux fibres SM-SM est le faible couplage de la
réflexion au mode de cavité à cause de la région collabée. Cependant, le signal de réflexion
reste suffisant pour permettre l’asservissement de la cavité. La faible réflexion observée
sur le mode réfléchi à 1559 nm de la cavité SM-SM s’explique par les interférences avec
les modes d’ordre supérieur qui induisent aussi une forme asymétrique du spectre (cf.
section 3.3.2).

4.4.4 Mesure de la biréfringence géométrique

Axe optique

Axe rapide

Miroir 1 Miroir 2

θ : angle de rotation

Axe rapide

Axe propre
de la cavité

Ψ

Axe lent
δΦ1

Axe lent
δΦ2

Figure 4.24 – Schéma de la biréfringence en cavité : les axes propres des miroirs (bleus) et les
valeurs de différence de phases associées définissent les axes propres de polarisation de la cavité
(rouges).

Les spectres de transmission ou réflexion permettent d’observer la biréfringence des
modes de la cavité. Le dispositif permet de faire tourner les fibres autour de leur axe
optique afin de vérifier la dépendance de la biréfringence avec l’angle relatif θ des axes
propres (cf. figure 4.24) qui est donnée par l’équation 3.85. La mesure a été effectuée sur
la cavité SM-SM avec une longueur L ' 50 ± 5 µm 51 en tournant la fibre SM à 780
nm (labellisée fibre 2). Les résultats de la séparation relative ε = δν/κ des modes de
polarisation, observée pour les deux longueurs d’onde, sont donnés par la figure 4.25a.
51. Cette longueur est choisie afin de pouvoir tourner les fibres sans avoir à ré-aligner après chaque

rotation l’angle de la cavité qui est nettement plus sensible à L ' 125 µm.
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La différence de la biréfringence entre les deux longueurs d’ondes d’environ un facteur 4
s’explique pour moitié par le ratio des longueurs d’ondes λ2/λ1 et pour l’autre moitié par
le ratio des finesses car F780 ∼ 4, 5.104 et F1559 ∼ 9.104.
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Figure 4.25 – (a) : Séparation en fréquence des deux modes de polarisation, relative à la largeur
spectrale du mode, en fonction de l’angle de rotation d’un des miroirs. Les barres d’erreurs
indiquent la déviation standard sur une série de 5 mesures (les barres d’erreur larges à faible
séparation sont une estimation grossière de l’erreur car l’ajustement ne converge pas pour des
séparations trop faibles). Les mesures sont prises sur une cavité SM-SM de longueur L ' 50 ±
5 µm et de finesses F780 ∼ 4, 5.104 et F1559 ∼ 9.104. (b) : Biréfringence géométrique de la
cavité déduite de la séparation en fréquence et des mesures de finesse associées à chaque point.
Les barres d’erreur découlent principalement de l’erreur de mesure de la longueur de cavité qui
influe sur la mesure de finesse. Les lignes pleines sont des ajustements avec les biréfringences
géométriques ∆1 et ∆2 de chaque miroir et un décalage d’angle δθ comme paramètres. Les lignes
pointillées sont les courbes attendues en utilisant δθ obtenu avec l’ajustement et les valeurs
fournies par les mesures profilométriques des rayons de courbure pour ∆1 et ∆2 . Les zones
ombragées représentent les marges associées à±3% d’erreur sur la mesure des rayons de courbure.

En prenant en compte ces deux effets, on aboutit à la biréfringence géométrique de
la cavité ∆ (θ), dont l’expression théorique est donnée par l’équation 3.86. Celle-ci dé-
pend uniquement des biréfringences géométriques ∆1 et ∆2 des miroirs. Les données pour
chaque longueur d’onde sont ajustées avec la courbe attendue et donnent pour résultat
∆i,780 ' (1, 32; 1, 15) mm−1 et ∆i,1559 ' (1, 56; 1, 25) mm−1, où les couples ne permettent
pas de différencier quel miroir possède quelle biréfringence. Par ailleurs, la biréfringence
géométrique d’un miroir peut être calculée à partir des données des rayons de courbure
issues de la profilométrie. Afin d’obtenir une estimation des rayons de courbure qui prenne
en compte la différence de forme des modes de cavité selon la longueur d’onde utilisée,
la paraboloïde elliptique est ajustée pour 780 nm et 1559 nm sur une région d’intérêt qui
a pour rayon la taille du faisceau sur le miroir wm,780 ' 4, 7 µm et wm,1559 ' 6, 6 µm.
Il résulte de ces ajustements que les couples (Ra/Rb) sont pour le miroir 1 : (361/234)
et (363/237) µm à 780 nm et 1559 nm respectivement ; et pour le miroir 2 : (333/238)
et (350/241) µm. D’où l’on déduit ∆1,780 ' 1, 50 mm−1 et ∆2,780 ' 1, 20 mm−1 pour la
première longueur d’onde et ∆1,1559 ' 1, 46 mm−1 et ∆2,1559 ' 1, 29 mm−1 pour le second
laser. Les courbes correspondant à ces valeurs sont portées sur la figure. La différence
entre les données et les valeurs trouvées par l’ajustement s’expliquent peut-être par l’er-
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4.4. Cavités fibrées doublement résonantes

reur commise lors de l’estimation du rayon de courbure effectif (l’ajustement n’est pas
pondéré par la forme du faisceau et le décentrage du mode de la cavité avec la région
ajustée est aussi source d’erreur). Cependant, les points expérimentaux sont quantita-
tivement décrits par l’évolution attendue si l’on considère 3% d’erreur sur les rayons de
courbure. De même, le décalage entre les angles optimaux pour les deux longueurs d’ondes
qui est de 4̊ peut s’expliquer qualitativement par la différence de 10̊ entre l’axe principal
de l’ajustement à 780nm et celui à 1560 nm pour le miroir 2.

D’après les résultats de simulation de la section 3.3.4 dans le cas de la polarisation π
couplée, la biréfringence relative maximale à 780 nm obtenue avec ces cavités, εmax ' 4,
produirait une réduction de la transmission T1 lorsqu’un atome est couplé au mode de la
cavité d’environ T1 ' 0.03× T0, où T0 est la transmission de la cavité vide et en plaçant
le mode non résonant sur le bleu de la transition. Par ailleurs, le taux d’émission spon-
tané est quasiment identique à celui d’une cavité idéale à mode unique. La diffusion dans
les divers états Zeeman reste cependant relativement élevée dans le cas d’un tel désac-
cord. L’utilisation de la détection comme manipulation préalable d’états sans diffusion
Zeeman devrait ainsi être fortement limitée mais elle resterait relativement efficace et
avec peu d’émission spontanée destructrice pour la mesure d’états quantiques. Un moyen
d’augmenter la séparation relative ε entre les modes pour obtenir une meilleure mesure
pourrait être d’augmenter la biréfringence géométrique. Mais, pour notre expérience les
rayons de courbures sont limités par la diminution du couplage atome-champ lorsque le
rayon de courbure augmente, et par l’augmentation de la variation du couplage et des
pertes par coupures lorsque le rayon de courbure diminue. Ces deux effets limitent donc
la différence entre les rayons de courbures selon les axes propres et donc la biréfringence
géométrique. Une meilleure finesse produirait aussi une séparation relative plus élevée.
Cependant, une amélioration sensible de la finesse nécessite un gain sur les pertes des
miroirs car la transmission doit être au minimum égale aux pertes pour pouvoir détecter
un ratio suffisant de photons injectés dans la cavité. Une amélioration sensible des pertes
des miroirs implique des pertes par absorption plus faibles, dépendantes des possibilités
de l’industrie des couches diélectriques, et des pertes par diffusion plus faibles, liées à
la rugosité du processus d’ablation laser dont l’amélioration vers des valeurs égales ou
inférieures à l’angström reste à investiguer.

Le dispositif permet par ailleurs de mesurer la polarisation injectée dans la cavité à 780
nm via la caméra précédée d’un polariseur (voir le schéma 4.19a). Lorsqu’elle est modifiée
de façon à faire disparaître un des modes de polarisation sur le spectre de transmission,
la polarisation injectée est alors alignée avec l’axe propre de ce mode. Cette optimisation
est cependant expérimentalement imprécise car le chevauchement en puissance des modes
injecté et propre suit la loi de Malus en cos2 θinj. D’où il découle que la puissance injectée
dans le mode orthogonal est en θ2

inj + o
(
θ2

inj

)
, soit une erreur d’angle de ∼ 5̊ pour une

injection résiduelle de 1%. Cependant, si cet effet est néfaste pour une bonne mesure de
l’angle de polarisation du mode de la cavité, il est extrêmement utile dans l’expérience
finale pour réduire les fluctuations de puissance intra-cavité résultantes des fluctuations
de polarisation au sein de la fibre. Cet effet se remarque directement sur la mesure des
angles de polarisation des deux modes de cavité présentée en figure 4.26a où la différence
entre les deux angles est de 93̊ au lieu de l’angle droit attendu.

La mesure de la polarisation présente deux intérêts. Le premier est de pouvoir coller
les fibres dans leur support final en alignant la polarisation des modes de la cavité avec
des axes d’accès optique pour des faisceaux lasers. Ceci dans l’optique de réaliser des
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1er mode

(a) (b)

Figure 4.26 – (a) : Mesure de la polarisation injectée dans la cavité avec optimisation préalable
sur chacun des deux modes propres de la cavité. Les ajustements sinusoïdaux donnent un angle
entre les deux modes de 93̊ . Les barres d’erreurs sont liées à la résolution du rotateur de
polariseur et à la plage dynamique de la caméra. (b) : Angle de la polarisation du premier mode
en fonction de l’angle de rotation du miroir 2. Les barres d’erreurs sont liées à la la résolution
du rotateur de fibre et à la qualité estimée de l’injection.

transitions Raman-cavité à deux photons, entre deux niveaux atomiques fondamentaux
et passant par un état excité, avec les polarisations qu’imposent ces transitions.

Le deuxième intérêt est de pouvoir mesurer le rapport des biréfringences géométriques
des miroirs via l’évolution de l’angle de la polarisation ψ en fonction de l’angle de rotation
de la fibre 2. La figure 3.19b a montré que l’évolution de ψ est presque linéaire pour
θ < 30̊ quelque soit le ratio ∆1/∆2. La figure 4.26b avec l’expression de la pente donnée
par l’équation 3.88 permet alors de mesurer le ratio ∆1,780/∆2,780 ' 1, 4 ± 0, 1. Cette
valeur est proche de la valeur de 1, 25 donnée par les mesures de profilométrie. L’avantage
de cette méthode expérimentale, malgré son imprécision, réside dans la possibilité de
déterminer quel miroir possède la biréfringence la plus élevée, information manquante
dans les ajustements des mesures de biréfringence géométrique.

4.4.5 Observation d’un couplage de modes transverses
Les déviations de la forme du miroir par rapport à la forme parabolique idéale dans

l’approximation paraxiale entraînent une déviation des modes par rapport aux solu-
tions de Hermite-Gauss. Le problème peut être traité théoriquement dans la base des
modes Φk de Hermite-Gauss (avec k = (m,n)) en développant le modes propres selon
Ψi = ∑

k cikΦk. Les modes propres sont les solutions de l’équation γiΨi = MΨi où M est
la matrice de mélange de modes de la cavité [235]. Les valeurs propres du système repré-
sentent alors le changement d’amplitude du champ électrique à chaque aller-retour dans
la cavité, permettant ainsi de calculer les pertes par coupure du mode LC,i = 1 − |γi|2
et les fréquences propres de la cavité. Les coefficients de la matrice sont de la forme
Mkk′ = exp (−2ikL)m1,kk′m2,kk′ où l’on sépare le facteur de phase et les coefficients de
mélange de chaque miroir qui s’expriment selon :

m1,kk′ =
∫ ∫

Miroir1
dxdyΦ+

k Φ−∗k′ e2ikδS1(x,y)
∣∣∣
z=z1

(4.14)
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m2,kk′ =
∫ ∫

Miroir2
dxdyΦ−k Φ+∗

k′ e
−2ikδS2(x,y)

∣∣∣
z=z2

(4.15)

où les signes ± désignent le signe du facteur de phase du mode d’Hermite-Gauss, les
δSj (x, y) sont la déviation de la surface du miroir par rapport au plan z = zj de la
position du miroir sur l’axe optique. Dans la limite où les miroirs sont paraboliques, les
coefficients se réduisent à un delta de Kronecker multiplié par le facteur de phase de
Gouy. La matrice de mélange se réduit à une matrice diagonale dont les coefficients sont
les facteurs de phases des modes de Hermite-Gauss pour un aller-retour dans la cavité.
Lorsque les miroirs ne sont pas idéaux, M contient des éléments non-diagonaux non-nuls
qui couplent les modes. Les modes propres peuvent alors être calculés depuis les formes
des miroirs. Cela a été fait avec une cavité miroir plan-fibre concave dans la référence [228],
reproduisant ainsi fidèlement les résultats expérimentaux. Les conclusions de cette étude
démontrent que le mode fondamental diffère sensiblement du mode TEM00 lorsque sa
fréquence est proche des modes transverses d’ordres supérieurs mais faibles. La condition
sur la proximité des fréquences est l’effet classique de mélange des modes propres d’un
système de deux oscillateurs lié au rapport entre la constante de couplage et le désaccord
entre les modes. Le couplage est d’autant plus faible que l’ordre du mode parasite TEMmn

est important car le recouvrement avec le mode TEM00 diminue lorsque m+ n augmente
à cause du facteur de phase de Gouy et du polynôme de Hermite.
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Figure 4.27 – Anti-croisement des modes TEM00 et TEM12 pour la cavité SM-SM à 780 nm
pour L ∼ 135 µm. (a) : Résonances des modes TEMmn d’ordres faibles en fonction de la longueur
de la cavité. La hauteur des traits ne représente que qualitativement la puissance transmise de ces
modes lors d’une mesure. (b) : Spectres de transmissions avec différentes longueurs de cavités.
Les courbes sont centrées sur la moyenne des positions des deux modes. Les courbes rouges
représentent l’ajustement permettant d’extraire la constante de couplage g00,12 ' 7, 2 GHz. Les
courbes bleues représentent les asymptotes correspondantes attendues pour le croisement.

Les effets des couplages deviennent importants lorsque la longueur de la cavité est
grande. En effet, les phases de Gouy φG,x et φG,y selon les deux axes propres augmentent
et permettent ainsi au mode TEMmn d’avoir la même fréquence de résonance que le TEM00
d’ordre longitudinal supérieur lorsque mφG,x (L) + nφG,y (L) = π. Pour la cavité SM-SM
à 780 nm, cette condition est remplie pour le mode TEM12 pour L ' 135µm comme le
montre la distribution des modes sur le spectre en transmission en fonction de L présenté
sur la figure 4.27a. La figure 4.27b présente l’anti-croisement des modes couplés observé
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sur les spectres de transmission. La longueur de la cavité est variée entre deux modes
longitudinaux à chaque point car la variation de la fréquence de la résonance à 1559 nm
nous permet alors de nous assurer du mode longitudinal observé. La séparation entre les
modes propres de la cavité est ajustée par la loi classique de la forme 2

√
(δ/2)2 + g2 avec

δ la séparation entre les modes TEM supposée varier linéairement sur le petit intervalle
de L utilisé pour la mesure et g le couplage entre les modes TEM qui vaut ici g00,12 ' 7, 2
GHz.

Ces couplages de modes sont cependant à éviter pour l’expérience finale. En effet,
d’une part, ils produisent un mode dont la géométrie dévie du mode TEM00 ce qui peut
avoir des effets catastrophiques sur le piégeage dipolaire ou son recouvrement avec le
mode résonant. D’autre part, comme l’extension transverse des modes non fondamentaux
est plus importante et que nos miroirs ont une extension finie, les pertes par coupure
des modes TEMmn 6=00 sont plus importantes et le couplage à ces modes induit donc une
réduction de la finesse de la cavité. Cet effet se traduit expérimentalement par des chutes
brutales de la finesse à des longueurs bien précises de la cavité lors de couplages avec des
modes d’ordres assez élevés.

Conclusion
Nous avons démontré dans ce chapitre un dispositif permettant la réalisation de mi-

roirs de haute qualité par ablation laser d’une précision submicrométrique. La capacité
d’analyse directe de la surface produite apporte un gain de temps et de précision consi-
dérable pour la recherche, par essai et erreur, des paramètres de tir produisant la forme
visée. La bonne correspondance entre les résultats observés sur la biréfringence géomé-
trique de la cavité et les mesures de profilométrie réalisées directement après la production
des surfaces, ainsi que la comparaison de simulations de la cavité basées sur la mesure de
profilométrie avec les résultats observés sur des cavités [223], confirment que les formes
mesurées permettent de prévoir précisément les cavités lors de la production. La grande
flexibilité apportée par la méthode des tirs multiples permet de compenser ou maximiser
la biréfringence géométrique, de créer des miroirs de plus grand diamètre, et ouvre la voie
vers la réalisation de micro-cavités multiples sur un même substrat.

Les mesures sur les cavités fibrées démontrent plusieurs points essentiels à la mise
en oeuvre de l’expérience. Le premier est la réalisation d’une cavité fibrée doublement
résonante à 780 nm et 1559 nm avec une phase relative, permettant d’obtenir une chaîne de
sites de piégeages quasiment optimalement couplés, que la mesure a permis de déterminer.
Le second point est la démonstration de l’utilisation d’une fibre à cristal photonique
“infiniment” monomode pour l’injection des deux longueurs d’ondes, assurant une bonne
collection des photons injectés par la fibre multimode. Enfin, les mesures de biréfringence
aux deux longueurs d’onde confirment son caractère géométrique, et la possibilité de
modifier la biréfringence par une conception des miroirs appropriée.
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Chapitre 5
Vers le piégeage d’une chaîne d’atomes

uniques en cavité

Afin d’obtenir une chaîne d’atomes uniques dans une cavité Fabry-Pérot fibrée, il
faut être capable de charger et conserver des atomes dans les sites de piégeage fournis
par le mode dipolaire (à 1559 nm) des cavités décrites dans le chapitre 4. La première
condition pour cela est évidemment d’insérer la cavité dans une chambre à vide très
poussé, pour conserver des atomes froids longtemps dans les pièges. Puis, il convient de
refroidir et piéger des atomes par un piège magnéto-optique (PMO). Pour le chargement
des sites de piégeage, la solution utilisée dans le chapitre 1 de former un PMO à la position
du piège dipolaire n’est pas applicable ici. En effet, la présence de la cavité empêche
l’utilisation de faisceaux plus larges que la centaine de microns ; or, la capture d’atomes
dépend drastiquement de la taille des faisceaux via la vitesse maximale de capture vc
et de la portion d’atomes dans la vapeur dont la vitesse est inférieure à vc qui varie
approximativement 1 en v3

c . La solution est alors de produire un nuage d’atomes froids à
l’extérieur de la cavité puis de le transporter à l’intérieur de la cavité.

Par ailleurs, une partie des expériences envisagées par la suite sont des expériences
de tomographie qui nécessitent l’acquisition de beaucoup de données pour mesurer l’état
quantique. Ce type de mesure n’est donc efficace que si l’expérimentateur peut la répéter
rapidement pendant un temps long. En pratique, cela implique une excellente stabilité
du dispositif et un fort taux de répétition. Ce dernier dépend de deux facteurs : le temps
de préparation d’une chaîne d’atomes uniques depuis la vapeur à température ambiante,
et la possibilité de réutiliser les atomes après une mesure, ce qui implique, en particulier,
des mécanismes de refroidissement pour compenser le chauffage résiduel.

En parallèle de la production des cavités fibrées, nous avons donc conçu et commencé
la construction d’un nouveau dispositif expérimental pour produire des nuages d’atomes
froids, les transporter, les piéger dans une cavité et les refroidir in-situ. Ce chapitre pré-
sente le dispositif conçu en se focalisant plus particulièrement sur les points visant à
obtenir un système stable, relativement flexible et avec un fort taux de répétition. La pre-
mière section est dédiée aux éléments mis en place pour obtenir un nuage d’atomes froids
dans un piège magnéto-optique. La seconde partie discute des éléments conçus, et pour

1. D’après la loi de distribution des vitesses de Maxwell car la vitesse de capture (∼ 10 m.s−1) est
bien inférieure à la vitesse quadratique moyenne (∼ 300 m.s−1) dans la vapeur à température ambiante.
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certains réalisés, pour transporter les atomes vers la cavité à l’aide d’un piège dipolaire,
puis les piéger et les refroidir dans la cavité 2.

5.1 Obtention d’un nuage d’atomes froids
La réalisation d’un PMO nécessite trois éléments : une chambre à vide avec une va-

peur résiduelle de rubidium, un système laser et une configuration tridimensionnelle de
faisceaux lasers cohérente avec un assemblage de bobines pour le contrôle du champ ma-
gnétique.

5.1.1 Chambre à vide
Les chambres à vide typiquement utilisées dans les dispositifs d’atomes ultra-froids

comprennent deux parties : l’une utilisée pour le chargement du PMO et l’autre pour
les expériences avec un vide meilleur dans cette dernière pour obtenir de longs temps de
vie. Cependant, l’étape de transport du nuage atomique refroidi entre ces deux chambres
est relativement long (typiquement de l’ordre de la seconde) à cause de la distance de
transport. Pour éviter ce délai et surtout pour avoir un système simple et compact, nous
avons préféré réaliser un dispositif avec une cellule unique où la pression de rubidium est
modulée grâce à un dispensateur utilisé en mode impulsionnel.

Cellule à vide :

L’élément central du système à vide est la cellule en verre 3 dans laquelle sont collées
la cavité fibrée et la lentille 4 d’imagerie in-situ pour la détection et l’adressage des atomes
uniques (cf. section 3.2.3). La figure 5.1a présente l’organisation conçue pour la cellule avec
la cavité fibrée et les faisceaux du PMO. La distance entre le centre de la cavité et celui du
PMO est 12, 5 mm. La cavité sera assemblée en collant les fibres dans des rainures en V 5

qui seront fixées, via des pièces en pyrex, sur des actuateurs piézoélectriques à déplacement
de cisaillement 6. Ces derniers seront collés sur un “pont” en macor (céramique usinable)
dans laquelle sera collée la lentille. Le pont sera alors fixé sur une fenêtre optique 7 qui
ferme la cellule. Du côté opposé, la cellule est percée puis collée sur une bride en titane
qui vient se fixer sur le reste de la chambre à vide.

Les matériaux utilisés pour les différents éléments ont été choisis afin de limiter les
différences de coefficients d’expansion thermique et donc les variations de contraintes
induites par les changements de température, en particulier lors de l’étuvage. Les points
essentiels sont la similarité des coefficients aux niveaux des collages scellant la vide, i.e.
aux jonctions titane (8, 6.10−6 K−1) / cellule (9, 4.10−6 K−1) et cellule / fenêtre (8, 3.10−6

K−1), ainsi qu’aux niveaux des contraintes sur le “pont” en macor (9, 3.10−6 K−1) pouvant
affecter l’alignement de la cavité ou déformer la lentille (11, 6.10−6 K−1).

2. La réalisation expérimentale de ce nouveau dispositif a été effectuée en collaboration avec Claire
Lebouteiller, doctorante [236], Francesco Ferri, stagiaire de Master puis doctorant, et Romain Long,
maître de conférence.

3. Hellma 704.001-OG.30, en verre SCHOTT B270 Superwite, recouverte ensuite d’un traitement
antireflet à 780 nm.

4. Thorlabs Geltech asphérique 352240-B en verre ECO-550.
5. AMS Technologies VGC-1-250-10.4-3.8-1-SW.
6. Noliac CSAP02
7. Optosigma 044-1955, planéité λ/20, avec un traitement antireflet à 780 nm.
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Figure 5.1 – (a) : Schéma de la cellule prévue pour l’expérience avec cavité fibrée. (b) :
Photographie de la cellule de test contenant une cavité macroscopique et une lentille (non visible).
Les fils visibles sont reliés à un actuateur piézoélectrique modulant la longueur de la cavité.

La figure 5.1b présente la cellule utilisée pour tester le dispositif avant l’utilisation
d’une cavité Fabry-Pérot fibrée. La cellule et la bride en titane sont identiques à celles
prévues pour la cavité fibrée qui est remplacée ici par une cavité avec des miroirs ma-
croscopiques (finesse ∼ 1500). La lentille prévue pour le dispositif final est aussi présente
dans cette cellule au-dessus de la cavité macroscopique.

Un vide très poussé :

La figure 5.2 présente l’ensemble de la chambre à vide. Le système de pompage com-
prend deux pompes indépendantes : une pompe ionique 8 et une pompe à sublimation
de titane. Une sonde ionique permet de mesurer la pression dans la chambre. Le vide a
d’abord été effectué dans la majorité de la chambre (sans la bride en titane et la cellule
en verre) grâce une pompe turbomoléculaire pompée par une pompe primaire à palettes,
avec un étuvage à environ 250̊ C pour désorber efficacement les parois. Puis, la bride en
titane et la cellule en verre collée dessus ont été ajoutées (en cassant au préalable le vide
avec du diazote qui se désorbe plus aisément). Un nouveau pompage avec un étuvage à
environ 120̊ C (limité par la colle utilisée pour la cellule), suivi de l’activation des pompes
ionique et à sublimation de titane, a alors permis d’atteindre une pression finale à tempé-
rature ambiante de 2.10−10 hPa (mBar) dans la chambre. La cellule de test a ainsi validé
le choix des matériaux car aucune fuite n’est apparue lors de l’étuvage.

Dispensateur pulsé pour moduler la pression :

Un dispensateur contenant du chromate de rubidium constitue une solution simple
pour l’obtention d’une vapeur résiduelle de rubidium dans la cellule. En effet, la tem-
pérature du dispensateur module le taux d’émission d’atomes de rubidium (plus celui-ci
est chaud, plus le taux d’émission est élevé). Le chauffage du dispensateur se fait via
l’effet Joule induit par un courant le traversant. Le passage d’un courant continu porte le
dispensateur à une température stationnaire et permet d’obtenir une pression constante

8. Meca 2000 (Vinci technologies) modèle PID 25 : 25 L/s.
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Figure 5.2 – Dessin global de la chambre à vide.

dans la cellule (comme utilisé dans l’expérience de pince fibrée, cf. section 1.2.2). Pour
obtenir un chargement rapide du PMO, il faut une pression élevée de rubidium ; mais, la
durée de vie des atomes dans un piège conservatif diminue lorsque la pression augmente.
Ces deux effets sont en contradiction pour l’optimisation du taux de répétition expéri-
mental qui nécessite à la fois un chargement rapide et une réutilisation des atomes piégés.
La solution pour optimiser ces deux paramètres consiste alors à moduler la pression de
rubidium selon la phase expérimentale.

Le dispositif de création de la vapeur résiduelle de rubidium dans cette expérience
est un développement du dispensateur pulsé décrit dans la référence [237]. Le principe du
dispositif est d’envoyer une impulsion de courant dans le dispensateur lors de la formation
du nuage d’atomes froids dans le PMO pour obtenir une impulsion de pression de rubidium
pendant cette phase. L’obtention d’une élévation rapide de la température du dispensateur
est aisée si la source de courant génère une puissance importante ; par contre, la chute de
la température du dispensateur, et donc de la pression dans la cellule, nécessite un bon
contact thermique du dispensateur avec un thermostat. La figure 5.3 présente le dispositif
mis en place pour thermaliser rapidement le dispensateur vers la température ambiante
après un pulse de courant. Le dispensateur est enserré à ses deux extrémités dans deux
barres de cuivre (utilisé pour ses excellentes conductivités thermique et électrique) reliées
à une pièce en cuivre qui sert de joint entre la bride en titane et le reste de la chambre à
vide. Le joint en cuivre est thermalisé par une circulation d’eau à température asservie.
L’utilisation d’une courte bride en titane sur laquelle la cellule est directement collée,
plutôt qu’une longue transition verre-métal standard en technologie du vide, prend ici tout
son sens car elle permet de réduire sensiblement la longueur des barres et d’augmenter
ainsi le couplage thermique du dispensateur au joint. L’impulsion de courant est envoyée
via les barres en cuivre (l’une reliée par l’intérieur de la chambre et l’autre électriquement
connectée au joint qui est à la masse de la source de courant).

Le dispensateur pulsé permet ainsi une rapide augmentation de la pression de rubi-
dium dans la cellule suivie d’un amortissement exponentiel avec un temps caractéristique
d’environ 200 ms. Le dispositif permet alors de charger le PMO avec une vingtaine de
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Figure 5.3 – (a) : Vue en coupe du dispensateur pulsé dans le système à vide. (b) : Photographie
du dispensateur pulsé avant son inclusion dans la chambre à vide.

millions d’atomes en 1, 4 s (cf. section 5.1.3), tout en conservant une durée de vie des
atomes après cette phase supérieure à 5 s. 9 La durée de vie après la phase de chargement
est au final limitée par l’adsorption des atomes sur les surfaces de la chambre à vide qui
vont relâcher progressivement les atomes pendant la phase de postérieure au PMO. Cet
effet peut être diminué en désorbant les atomes des surfaces pendant la phase de PMO
avec de la lumière ultraviolette [237].

5.1.2 Un système laser stable et flexible
La stabilité de l’ensemble des lasers utilisés pour interagir avec les atomes est un élé-

ment essentiel pour la répétabilité des expériences. En particulier, un point critique dans
les expériences d’atomes froids est le contrôle de la fréquence des lasers à une précision
bien inférieure à la largeur naturelle de la transition atomique, soit une précision relative
meilleure que 10−9. Cette précision s’obtient en asservissant les lasers par rapport à la
transition atomique. Cependant, si les transitions atomiques sont d’excellentes références
fixes, l’expérimentateur a besoin de plusieurs fréquences différentes avec la possibilité de
les modifier rapidement pendant la séquence expérimentale. Les modulateurs acousto-
optiques (AOM) constituent un élément de base de construction d’un système laser pour
notre expérience car ils permettent de modifier la fréquence et la puissance du faisceau
le traversant. Cependant, leur capacité de changement de la fréquence reste limitée à
quelques dizaines de mégahertzs et s’accompagne d’une diminution de la puissance laser
disponible. Cette valeur est bien inférieure aux désaccords réglables dont l’expérimenta-
teur a besoin, en particulier pour compenser des variations de la fréquence de résonance
induites par des déplacements lumineux différents entre l’état fondamental et l’état excité
dans le piège dipolaire intra-cavité (cf. section 5.2.3).

Afin d’obtenir un système présentant plus de flexibilité, nous avons développé un en-
semble de quatre lasers dont le schéma général est donné par la figure 5.4a, avec les
différentes transitions qu’ils induisent en figure 5.4b. Le principe de ce système est d’uti-

9. Les résultats exhaustifs des capacités de modulation de la pression par le dispensateur pulsé seront
discutés dans la thèse de Claire Lebouteiller [236].
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Figure 5.4 – (a) : Schéma du système laser. Les éléments verts sont les divers asservissements
de fréquence des lasers (voir le texte). Les éléments bleus, modulateurs acousto-optiques (AOM)
ou électro-optiques (EOM), permettent le contrôle de la fréquence d’un faisceau (certains AOMs,
dont la fréquence peut être modifiée lors de la séquence expérimentale, sont en double passage
afin de ne pas perdre le couplage dans les fibres optiques). (b) : Schéma des niveaux de l’atome
87Rb avec les différentes transitions induites par les lasers pour un seul des sous-états Zeeman.
Les faisceaux de la mélasse accordable réalisent les mêmes transitions que pour le PMO avec
des désaccords différents et réglables. Les énergies ne sont pas à l’échelle réelle.

liser un seul laser, appelé laser de référence, asservi sur une transition atomique du 87Rb ;
les autres lasers ont des fréquences obtenues en comparaison avec ce laser. Toutes les pos-
sibilités de modification des fréquences sont contrôlées par l’ordinateur de l’expérience.
Nous détaillons par la suite brièvement le fonctionnement et l’utilité de chaque laser.

Laser de référence :

La stabilité à long terme de l’asservissement d’un laser dépend fortement de la stabilité
mécanique du laser et de la qualité du signal de spectroscopie obtenu. Un nouveau type
de laser a été développé pour cette expérience dans l’objectif d’améliorer la stabilité à
long terme par rapport aux lasers utilisés précédemment qui étaient des diodes lasers avec
cavité étendue avec un réseau optique (configuration Littrow). Le principe de ce laser,
présenté dans la référence [238] et sur le schéma 5.5a, est toujours d’utiliser une diode
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laser mais avec une cavité étendue sur un miroir partiellement réfléchissant et un filtre 10

sélectionnant le mode longitudinal du laser 11.
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Figure 5.5 – (a) : Schéma du laser de référence et de son asservissement par spectroscopie de
transfert de modulation. (b) : Spectroscopie par transfert de modulation du laser de référence. Les
labels correspondent à l’état excité F ′ vers lequel s’effectue la transition depuis le fondamental
F = 2. Les positions des raies sont décalées de −fAOM ' 220 MHz par rapport à la fréquence
de la transition F = 2 → F ′ = 3 qui se situe approximativement au maximum de l’enveloppe
Doppler. L’absorption saturée du faisceau sonde a des effets plus important sur les mélanges
entre deux transitions (pics 1−3 et 2−3) dont la fréquence est la moyenne des deux transitions.
Le signal d’erreur obtenu par détection hétérodyne est optimal sur la transition vers F ′ = 3. La
courbe d’absorption est la moyenne de trois signaux expérimentaux afin de réduire le bruit.

Le laser est asservi en fréquence par rapport à l’atome de 87Rb grâce à une spectrosco-
pie de transfert de modulation. Le principe, discuté en détail dans les références [240, 241],
est d’utiliser un faisceau pompe, saturant les atomes de Rubidium dans la cellule (cf.
schéma 5.5a), dont la fréquence est modulée. La non linéarité du milieu produit, par un
effet de mélange à quatre ondes, une modulation de fréquence sur le faisceau sonde qui se
propage en sens inverse. Pour obtenir la modulation sur le faisceau pompe, nous utilisons
dans notre cas un AOM (en double passage) dont la fréquence acoustique est modulée
autour de fAOM avec une fréquence fmod ' 3, 3 MHz. La modulation à fmod transmise au
faisceau sonde, par l’interaction avec les atomes pompés, est mesurée sur la photodiode
puis démodulée. Ce signal, présenté sur la figure 5.5b, fournit alors le signal d’erreur uti-
lisé pour l’asservissement de la fréquence par rétroaction sur l’actuateur piézoélectrique
sur lequel est fixé le miroir de la cavité laser.

Cette détection présente trois avantages par rapport à la spectroscopie d’absorption
saturée par modulation de fréquence utilisée précédemment :
10. Filtre conçu pour le SYRTE décrit dans la référence [104] et utilisé sur la pince optique (cf. sec-

tion 1.2.3) : largeur spectrale à mi-hauteur de 0, 3 nm.
11. La construction de ce laser a été effectuée par Claire Lebouteiller lors de son stage de Master [239]

et au début de son doctorat [236]. Les détails techniques sont donnés dans ses thèses.
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- Premièrement, la solution utilisée pour produire une modulation sur le faisceau sonde
consistait à moduler très légèrement le courant de la diode laser. Ainsi, tous les faisceaux
issus du laser possédaient cette faible modulation qui peut s’avérer gênante, en particulier
lors de l’imagerie par absorption en limitant la densité optique maximale détectable.
Avec la spectroscopie par transfert de modulation, le laser de référence est spectralement
totalement monomode.

- Deuxièmement, les signaux de modulation de fréquence classique ont un signal qui
est approximativement la dérivée du signal d’absorption et souffrent donc de la forme
générale de l’absorption induite par l’élargissement Doppler. Au contraire, le transfert de
la modulation résulte du mélange entre deux composantes spectrales du faisceau pompe
et du faisceau sonde pour produire une bande latérale sur ce dernier ; cet effet n’apparaît
que lorsque les deux faisceaux sont résonants simultanément avec les atomes et produit
un signal dispersif sur un fond très plat dont le passage par zéro est bien centré sur la
fréquence de résonance atomique.

- Troisièmement, dans notre implémentation particulière, le faisceau pompe est décalé
en fréquence de 2fAOM par rapport au faisceau sonde. La double résonance est ainsi
obtenue pour les atomes de la cellule possédant une vitesse v telle que kS.v = −2πfAOM
avec kS le vecteur d’onde du faisceau sonde. Lorsque le laser est asservi sur le signal
d’erreur, la fréquence du laser est alors ν = νS = νat − fAOM avec νat la fréquence de
la transition atomique. Le choix de la fréquence de l’AOM permet ainsi de choisir la
fréquence du laser par rapport à la transition atomique.

Le laser de référence est utilisé pour fournir une référence fixe pour les autres lasers
ainsi que pour l’imagerie par absorption des atomes.

Laser de refroidissement du PMO :

Le laser refroidisseur du PMO est un laser de construction identique au laser de réfé-
rence. Cependant, afin d’avoir un chargement du PMO rapide, il est important d’utiliser
des faisceaux larges et puissants. Pour augmenter la puissance du laser, le faisceau tra-
verse un amplificateur conique (tapered amplifier : TA) 12 qui permet d’obtenir environ
300 mW maximum couplé dans une fibre optique.

L’asservissement de ce laser, dit laser PMO, est obtenu via le battement observé sur
une photodiode rapide 13 entre le laser PMO (fréquence νPMO) et le laser de référence
(fréquence νref) de fréquence fbat = νref−νPMO (cf. figure 5.4a). Ce battement est mélangé
avec le signal d’un oscillateur contrôlé en voltage (VCO) générant une fréquence fVCO.
La fréquence f = fVCO − fbat du battement entre le signal de la photodiode et celui du
VCO est alors convertie en une tension U ∝ |f |. En ajoutant une tension de décalage
fixe, on obtient alors un signal localement proportionnel à νPMO − (νref − fVCO − fdec)
avec fdec le décalage en fréquence introduit par la tension de décalage. On a donc un
signal d’erreur pour le laser PMO qui permet de l’asservir à la fréquence donnée par le
terme entre parenthèses. L’intérêt de ce dispositif tient au fait que la fréquence du laser
asservi dépend linéairement de celle du VCO, qui peut être expérimentalement modifiée
rapidement sur une plage de 100 MHz, soit environ 17Γ. Le laser PMO peut ainsi produire
des faisceaux refroidisseurs proche de la transition cyclante pour la formation du PMO
puis être décalé jusqu’à 15Γ pour une phase de mélasse optique. Il peut aussi être utilisé
proche de la résonance sur le bleu de la transition cyclante pour chauffer et éliminer les

12. Eagleyard EYP-TPA-0780-01000-3006-CMT03-0000 : puissance maximale 1 W.
13. Hamamatsu G4176-03 : temps de montée/descente de 40 ps.
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atomes dans l’état hyperfin F = 2, effet utile pour réaliser une spectroscopie micro-onde
pour régler les champs magnétiques (cf. section 1.2.2).

Laser repompeur accordable :

Le laser repompeur utilise aussi la fréquence donnée par le laser de référence. Il est
constitué d’une diode laser unique dont la fréquence est imposée par un faisceau injecté
dans celle-ci. La diode est dite esclave du faisceau maître injecté qu’elle amplifie.

Le faisceau maître est obtenu après le passage de la lumière du laser de référence dans
un modulateur électro-optique (EOM) fibré 14 (cf. figure 5.4a). L’EOM module la phase
du faisceau selon la tension appliquée par un générateur micro-onde 15 dont la fréquence
fEOM est gérée par un micro-contrôleur 16 qui reçoit ses instructions de l’ordinateur de
contrôle de l’expérience 17. Le faisceau injecté dans la diode esclave a des fréquences νref +
pfEOM, avec p un entier relatif, et les puissances des différentes composantes spectrales
sont données par les fonctions de Bessel de première espèce J|p| (β) avec β l’indice de
modulation qui est l’amplitude de variation de la phase. La puissance injectée dans l’EOM
induit approximativement un indice de modulation correspondant au premier maximum
de la fonction J1 ; les premières bandes latérales aux fréquences νref±fEOM sont alors plus
puissantes que les autres fréquences du faisceau.

La diode esclave constitue par ailleurs une cavité qui va sélectionner la fréquence
du faisceau injecté résonante avec celle-ci : seule une des composantes spectrales va être
sensiblement amplifiée dans la diode esclave. La longueur optique de la cavité est contrôlée
via la température et le courant. En sélectionnant la première bande latérale de fréquence
la plus élevée, la diode esclave lase à νrpp = νref + fEOM ; et, en choisissant la fréquence de
l’EOM à une valeur proche de la différence de fréquence νHF ' 6, 8 GHz entre les niveaux
hyperfins du fondamental, on obtient un laser résonant avec la transition de repompage
(F = 1 → F ′ = 2) qui est combiné avec le laser refroidisseur pour le PMO. Un faisceau
de pompage optique (sur la transition F = 1 → F ′ = 1) pour amener les atomes dans
F = 1 vers un sous-niveau de Zeeman de moment cinétique extrémal est aussi issu de ce
laser.

Afin de vérifier que la fréquence du laser esclave correspond bien à la composante spec-
trale voulue du faisceau maître, le dispositif expérimental inclut une spectroscopie d’ab-
sorption saturée sur une cellule de rubidium. Une cavité optique macroscopique permet
par ailleurs de s’assurer que le laser esclave est monomode, i.e. que les autres composantes
spectrales sont négligeables.

Le grand avantage de ce dispositif est la possibilité de changer rapidement la fréquence
du laser esclave. Comme la cavité de la diode esclave est de faible finesse et d’un inter-
valle spectral libre important (typiquement de l’ordre de 100 GHz), la fréquence du laser
esclave peut être modifiée via la fréquence de l’EOM, en maintenant la sélection de la
bande latérale, dans une large bande de fréquence de largeur 1, 3 GHz, soit un gain de
plus d’un ordre de grandeur par rapport à un AOM. Cette bande de fréquence peut par
ailleurs être étendue en modifiant légèrement le courant de la diode lors du changement
de fréquence pour adapter la longueur de la cavité laser. Le laser est ainsi à une fréquence
précise et accordable aux environs de la transition de repompage ; cette flexibilité sera

14. Photline modèle NIR-MPX800-LN-10-00-P-P-FA-FA : Bande passante 10 GHz
15. Hittite modèle HMC-C070 : fréquence 5, 5− 10, 5 GHz, puissance 21 dBm, résolution 1, 2 Hz.
16. Arduino Due
17. Le contrôle du générateur micro-onde a été réalisé par Francesco Ferri [242].
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particulièrement utile pour s’adapter à la fréquence de transition effective induite par le
piège dipolaire intra-cavité (cf. section 5.2.3).

Laser de refroidissement accordable :

Le quatrième laser du système repose sur le même principe et les mêmes composants
que le précédent en utilisant un faisceau d’injection issu de ce laser repompeur (cf. fi-
gure 5.4a). La bande latérale utilisée est alors la première de fréquence inférieure, soit une
fréquence νmel = νrpp− fEOM2 où fEOM2 ∼ νHF est la fréquence du second EOM utilisé sur
le dispositif et injecté avec l’esclave repompeur qui est le maître de l’esclave refroidisseur.
La fréquence peut être de la même façon ajustée autour de la transition cyclante. Comme
la fréquence dépend de celle du repompeur, lorsque celui-ci est ajusté sur une fréquence
de transition effective de repompage, l’esclave refroidisseur est directement ajusté sur la
fréquence effective de la transition cyclante. L’ensemble des deux lasers constitue donc
une mélasse accordable capable de s’adapter au déplacement lumineux induit sur les états
excités en changeant uniquement la fréquence du premier EOM.

Ce laser est aussi utilisé pour fournir un faisceau de détection accordable ainsi qu’un
faisceau de pompage optique des atomes dans F = 2 vers un sous-niveau Zeeman de
moment cinétique extrémal.

5.1.3 Piège magnéto-optique
Avec le système à vide et le système laser mis en place, le piège magnéto-optique peut

être formé. Pour cette expérience, nous avons choisi d’utiliser un système de faisceaux
indépendants, car dans un PMO avec des faisceaux rétro-réfléchis (comme celui de la
pince optique) l’équilibre des faisceaux n’est pas parfait à cause des pertes présentes sur les
faisceaux lors du second passage (effet d’ombre du nuage d’atomes, traversée de la cellule
et autres optiques). De plus, l’utilisation d’un amplificateur conique fournit suffisamment
de puissance de laser refroidisseur pour former six faisceaux indépendants.

Séparation des faisceaux :

L’utilisation de 6 fibres optiques pour amener les 6 faisceaux sur l’expérience simplifie
grandement le montage optique autour de la cellule à vide. Le problème usuel est alors
celui de la stabilité à long terme des couplages dans les fibres optiques qui doivent être
souvent réalignés pour conserver l’équilibre du PMO. Afin d’éliminer ce problème, nous
avons développé un séparateur fibré très stable présenté sur la figure 5.6a.

Le séparateur fibré est constitué de 7 fibres optiques à maintien de polarisation munies
d’un collimateur collé en usine directement à une des extrémités de la fibre 18. Une des
fibres est la fibre d’entrée dans laquelle sont injectés le laser refroidisseur et le laser
repompeur. A la sortie de cette fibre, le faisceau est donc collimaté et des lames demi-onde
suivies de cubes polariseurs permettent de distribuer la puissance en 6 faisceaux qui sont
couplés aux 6 fibres de sortie.

Les dérives usuelles des systèmes de couplage sont dues à la fois aux dérives mécaniques
des systèmes d’ajustement et aux dérives thermiques. Pour éliminer les premières, le
dispositif est entièrement collé (hormis l’axe de rotation des montures des lames d’onde
qui permettent de gérer l’équilibre des faisceaux) après alignement, avec une colle durcie

18. Thorlabs, commande spéciale : focale du collimateur 4, 7 mm.
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Figure 5.6 – Séparateur fibré à haute stabilité pour la formation des faisceaux du PMO. (a) :
Dessin. (b) : Photographie avec la boîte de protection.

sous exposition à des rayonnements ultra-violets. Pour limiter les secondes, les collimateurs
sont fixés sur une plaque en silice fondue avec des supports dans ce même matériau qui
possède un coefficient d’expansion thermique très faible de 0, 5.10−6 K−1. Le système est
aussi assez compact pour limiter les effets des dérives 19.

Le séparateur fibré est ensuite monté dans une boîte fixant les câbles protecteurs des
fibres optiques (cf. figure 5.6b). Les efficacités de couplage dans les fibres de sortie sont
comprises entre 0, 7 et 0, 8 pour l’ensemble des 6 fibres. Le séparateur est utilisé sur
l’expérience depuis plus de 6 mois et aucune dérive affectant l’expérience n’a été observée.

19. On remarque sur le dessin que l’on pourrait en fait gagner encore un peu de compacité en rappro-
chant les fibres de sortie des cubes. Cette distance avait été prise assez grande lors de la conception car
elle permet d’insérer une lame demi-onde avant la fibre pour corriger un mauvais alignement de l’axe de
maintien de polarisation qui nécessite un réglage assez fin (< 1̊ ). Nous n’avons pas eu besoin d’insérer
de telles lames.
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Montage autour de la cellule :

Le montage des éléments optiques et des bobines autour de la cellule est effectué sur
une plaque circulaire fixée à la bride en titane et soutenue par des pieds amortisseurs de
vibrations 20. Une photographie du montage est présentée sur la figure 5.7. Le système
a été conçu dans un volume réduit pour optimiser la stabilité et permettre d’insérer
l’expérience dans une enceinte en mu-métal 21 afin de diminuer les fluctuations du champ
magnétique.

BobinesCellule

Collimateurs
PMO

Collimateur
PMO

Collimateur
Détection

Figure 5.7 – Photographie du montage autour de la cellule à vide.

L’agencement des bobines a été présenté sur la figure 5.2. Le système comprend trois
paires de bobines orientées selon trois axes orthogonaux dans une configuration proche
de la configuration de Helmholtz pour réaliser un champ magnétique localement constant
dans la cellule, et une paire de bobines approximativement en configuration anti-Helmholtz
pour réaliser un gradient de champ magnétique. L’axe principal du gradient est celui du
faisceau horizontal traversant les supports circulaires qui portent les bobines de gradient
et de champ constant selon cet axe. Les bobines sont réalisées par enroulement d’un
fil en cuivre isolé sur un support en cuivre. Le fil est collé à chaque couche avec une
colle polymère d’excellente conductivité thermique. La bobine est donc thermiquement
bien couplée au support. Les supports sont thermiquement couplés par contact et les
supports circulaire des bobines de gradient sont refroidis par circulation d’eau thermalisée,
afin d’évacuer la chaleur produite par effet Joule. Les bobines de champ constant sont
alimentées par des alimentations bipolaires 22 et peuvent produire des champs extrémaux
d’environ ±13 G pour l’axe vertical et l’axe du gradient, et ±7 G sur le troisième axe.
Les bobines de gradient sont reliées à une alimentation unipolaire 23 de fort ampérage et
peuvent produire un gradient maximal d’environ 180 G/cm. Un tel gradient maximal peut
être utilisé par la suite pour compresser le PMO afin d’obtenir une meilleure densité dans
l’espace des phases et un meilleur chargement dans le piège de transport vers la cavité.
20. Un tube en acier rempli de sable et de grenaille de plomb (fabrication interne).
21. Alliage de nickel, fer et molybdène de très haute perméabilité magnétique.
22. Alimentations à faible bruit développées par Jakob Reichel.
23. Delta elektronika modèle SM 52-30 : Ampérage maximum 30 A.
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Les faisceaux du PMO sont obtenus avec des collimateurs auxquels sont connectées
les fibres de sortie du séparateur fibré. Les faisceaux ont une largeur 24 d’environ 7 mm et
la puissance du laser refroidisseur utilisée est d’environ 15 mW par faisceau.

Nuage d’atomes froids :

En réglant le gradient de champ à 13 G/cm et le désaccord des faisceaux refroidisseurs
à δ = −3Γ par rapport à la transition cyclante, on obtient un nuage d’atome froids
d’environ 21 millions d’atomes. Ce nuage est observé après un temps de coupure du PMO
(temps de vol) par imagerie d’absorption du faisceau de détection. Celui-ci traverse la
cellule par l’axe du faisceau horizontal avec une polarisation circulaire pendant qu’un
champ magnétique constant de 3, 5 G est appliqué selon cet axe pour utiliser la transition
cyclante. Une caméra 25 enregistre alors l’ombre produite par les atomes sur le faisceau.
En comparant à une image produite sans les atomes qui est prise peu de temps après la
première, le programme d’acquisition 26 déduit la densité optique par pixel et calcule le
nombre d’atomes présents sur le chemin du faisceau [99]. Le résultat est présenté sur la
figure 5.8. Cette imagerie par absorption est l’outil de base pour maximiser le nombre
d’atomes piégés dans le PMO, positionner le centre du PMO et maximiser le chargement
du piège de transport vers la cavité.
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Figure 5.8 – Résultat d’imagerie par absorption d’un nuage d’atomes froids avec 2 ms de
temps de vol après la coupure du PMO. Le nombre d’atomes par pixel (champ de 656 × 492
pixels) est donné en fonction de la position dans le plan objet. Le PMO contient 21 millions
d’atomes de 87Rb.

24. Largeur d’un faisceau gaussien : distance à l’axe où l’intensité chute à e−2 ; soit un diamètre de 14
mm
25. Allied Vision Technologies modèle Guppy Pro F-031 B : 656× 492 pixels, 14 bits, 29% d’efficacité

quantique.
26. Programme EdCam développé dans notre équipe.
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5. Vers le piégeage d’une chaîne d’atomes uniques en cavité

5.2 Vers des atomes piégés et refroidis en cavité
Dans les expériences précédentes du groupe couplant des atomes à une cavité fibrée,

les atomes étaient transportés depuis le PMO vers la cavité par des pièges magnétiques
réalisés grâce à une “puce à atomes” [243], i.e. une plaque sur laquelle sont imprimés
des microcircuits en or. La combinaison des champs magnétiques induits par le passage
de courants dans les pistes de la puce permet de créer des potentiels de piégeage par
l’interaction avec le dipôle magnétique des atomes. Si cette solution est très élégante pour
créer des pièges très localisés et confinants pour permettre le positionnement précis de
l’ensemble d’atomes froids au sein de la cavité, elle s’accompagne d’un encombrement de
l’espace autour de la cavité qui gêne considérablement l’accès optique. Pour cette nouvelle
expérience, un accès optique important est nécessaire pour l’imagerie in situ des atomes,
les faisceaux de refroidissement et les faisceaux Raman ; nous avons donc évité l’utilisation
d’une puce à atomes en considérant d’autres méthodes de transfert des atomes vers le piège
dipolaire intra-cavité.

5.2.1 Transport des atomes froids vers la cavité
Des pièges magnétiques créés par des bobines macroscopiques peuvent être aussi utili-

sés pour transporter des atomes. Cependant, le confinement du nuage d’atomes doit être
inférieur à la longueur de la cavité optique, ce qui implique l’utilisation de gradients de
champ magnétique trop importants pour être obtenus par des bobines macroscopiques
standard. Nous nous sommes donc tournés vers l’utilisation d’un piège dipolaire pour
transporter les atomes car le confinement est bien plus important dans ce type de piège,
en particulier dans le plan orthogonal à l’axe optique du faisceau.

Transport dans une pince optique du PMO vers la cavité :

Le principe du transport des atomes, présenté sur la figure 5.9, est d’utiliser un piège
dipolaire qui est chargé avec les atomes issus du PMO à la position centrale de ce dernier,
puis le piège dipolaire est déplacé à la position de la cavité en emportant le nuage d’atomes
qu’il contient. L’utilisation d’un déflecteur acousto-optique (AOD) 27 permet de déplacer
le faisceau dans la direction transverse à son axe optique, où la fréquence de piégeage est
importante, et donc de transporter rapidement un large nuage d’atomes froids. Le principe
de l’utilisation d’un AOD pour fournir des pinces optiques déplaçables précisément est par
ailleurs très utilisé pour manipuler des objets de tailles allant d’une dizaine de nanomètres
à une dizaine de microns dans des domaines divers, en particulier en hydrodynamique des
colloïdes, en biophysique et en biochimie [244].

Dans notre dispositif, l’AOD est traversé par le laser 28 dipolaire de transport de lon-
gueur d’onde centrale 1070 nm et pouvant délivrer jusqu’à 50 W de puissance optique.
Le faisceau est ensuite focalisé à la position du PMO. Lorsque le faisceau est défléchi par
l’AOD, l’égalité de la distance entre l’AOD et la lentille avec la focale de cette dernière
produit une translation du faisceau orthogonale à l’axe optique.

L’intérêt de l’utilisation d’un AOD est double :
- Premièrement, il évite un mouvement mécanique pour déplacer le faisceau et donc

les dérives de la répétabilité d’un tel dispositif (dont la réduction nécessite d’importantes
contraintes expérimentales dans le dispositif d’ablation CO2, cf. chapitre 4).
27. AA Opto-electronics modèle DTSX-400
28. IPG photonics modèle YLR-50-LP-Y12
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Figure 5.9 – Schéma du transport des atomes du PMO vers la cavité fibrée. Les atomes sont
chargés dans un piège dipolaire qui est translaté jusqu’à la cavité avec un déflecteur acousto-
optique (AOD).

- Deuxièmement, la précision de l’alignement du faisceau sur l’axe du transport est
essentiellement donnée par la précision du contrôle de la fréquence de l’onde acoustique
dans AOD. Le principe de fonctionnement de l’AOD est en effet de produire une déflexion
θ du premier ordre de diffraction par rapport au faisceau incident qui s’écrit θ = λDTfAOD

cAOD
avec λDT la longueur d’onde du piège dipolaire de transport, et avec fAOD et cAOD respec-
tivement la fréquence et la célérité des ondes acoustiques 29 dans le cristal. La précision
recherchée pour le positionnement du piège de transport par rapport à la cavité doit être
bien inférieure à la taille du mode dipolaire de la cavité, soit une précision inférieure au
micron . Lorsque l’on rapporte cette valeur au déplacement total d’environ 12 mm, on voit
que l’on doit obtenir une précision relative de l’ordre 8.10−5 au plus. L’obtention d’une
telle précision avec un système de déflexion mécanique avec un actuateur piézoélectrique
est compliquée (en particulier à cause de précision de la source de haute tension néces-
saire). Au contraire, l’obtention d’une fréquence très précise dans le domaine radio est
relativement aisée. Expérimentalement 30, un synthétiseur numérique de fréquence 31 per-
met d’obtenir une fréquence avec une résolution de 0, 1 Hz, dont la variation est contrôlée
depuis l’ordinateur de l’expérience par l’intermédiaire d’un micro-contrôleur 32.

Pendant la rédaction de ce manuscrit, le chargement du piège dipolaire et le transport
vers la cavité macroscopique de la cellule de test ont été testés et optimisés 33. Le piège
dipolaire permet ainsi transporter un nuage de plusieurs centaines de milliers d’atomes
froids sur 12 mm en 100 ms avec une efficacité de transport supérieure à 99%. 34

Transfert vers le piège dipolaire intra-cavité :

La forme spatiale du nuage d’atomes froids dans le piège dipolaire de transport pré-
sente un faible recouvrement avec l’ensemble des sites de piégeage du réseau intra-cavité.

29. Afin d’obtenir une célérité faible pour maximiser la déflexion angulaire, les AODs utilisent plutôt
des ondes de cisaillement que des ondes de compression, de célérité plus élevée et utilisées généralement
dans les AOMs.
30. L’étude des capacités de l’AOD et la mise en place du système de contrôle de fréquence ont été

menée par Francesco Ferri et les détails sont disponibles dans sa thèse de Master [242].
31. Analog Device modèle AD9959/PCBZ.
32. Arduino Due
33. Les résultats seront discutés en détail dans la thèse de Claire Lebouteiller [236].
34. Cette valeur est le ratio du nombre atomes transportés sur le nombre d’atomes restants dans le

piège immobile après un temps identique.
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Figure 5.10 – Schéma du transfert des atomes du piège dipolaire de transport dans le piège
dipolaire intra-cavité : un piège dipolaire de transfert permet l’adaptation du mode spatial du
nuage d’atomes dont la forme approximative est indiquée par les zones vertes. Les différents
composants ne sont pas à l’échelle réelle.

La figure 5.10 présente le concept de l’adaptation du mode spatial du nuage qui sera uti-
lisée pour charger efficacement et uniformément le piège dipolaire intra-cavité. Le nuage
d’atomes sera transféré du piège de transport à un piège dipolaire de transfert dont le
recouvrement avec le réseau intra-cavité est bien meilleur. En effet, ce faisceau dipolaire 35

de transfert aura un profil d’intensité constant le long de l’axe de la cavité, obtenu grâce
à une matrice de micro-miroirs 36 qui sera aussi utilisée par la suite pour l’adressage des
atomes. Le faisceau sera focalisé sur l’axe de la cavité par la lentille d’imagerie in situ. Il
créera donc un confinement dans les deux directions orthogonales à l’axe de la cavité, et
un potentiel constant selon l’axe de la cavité où le nuage s’étalera. Un deuxième trans-
fert adiabatique vers le réseau dipolaire intra-cavité permettra d’obtenir des ensembles
d’atomes optimalement couplés au champ électromagnétique de la cavité résonant avec la
transition atomique.

5.2.2 Piège dipolaire et asservissement par le mode à 1559 nm
Le piège dipolaire intra-cavité présenté en section 3.2.1 utilise la résonance à 1559 nm

de la cavité. Son utilité n’est pas seulement de permettre le piégeage des atomes mais aussi
d’asservir la longueur de la cavité afin de maintenir ses fréquences de résonance constantes.
Cet asservissement sera obtenu par une détection hétérodyne de Pound-Drever-Hall [182,
183] qui permet d’obtenir un signal d’erreur avec une modulation du faisceau injecté et
l’observation de cette modulation dans le faisceau réfléchi sur la cavité.

Cependant, pour asservir la longueur de la cavité avec le laser à 1559 nm, ce dernier
doit lui-même être asservi sur une référence de fréquence. Dans les expériences de cavités
macroscopiques utilisant un réseau à une longueur d’onde double de celle de la résonance
atomique, cet asservissement s’obtient relativement aisément par doublage de fréquence
du laser dipolaire suivi d’une spectroscopie du rubidium. La différence de longueur d’onde
effective induite par la phase de Gouy dans les cavités compactes (cf. section 3.3.1) ne
permet pas d’utiliser un doublage de fréquence.

Le schéma d’asservissement de la cavité (voir la figure 5.11) passe alors par un transfert
d’asservissement depuis un laser à 780 nm asservi sur une transition atomique du rubidium
35. Obtenu avec une diode laser à 810 nm afin de nécessiter peu de puissance et d’utiliser les capacités

de focalisation de la lentille asphérique dont la longueur d’onde de conception (780 nm) est proche.
36. Texas Instruments modèle DLP 0.7 XGA 2xLVDS type A : 1024× 768 pixels.
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Figure 5.11 – Schéma de la chaîne d’asservissement pour la cavité fibrée.

(le laser de référence). Ce laser est utilisé pour asservir la longueur d’une cavité de transfert
sur laquelle est ensuite asservi le laser dipolaire.

Cavité de transfert :

La cavité de transfert implémentée, présentée sur la figure 5.12, est une cavité macro-
scopique de longueur L ' 100 mm avec des miroirs 37 doublement réfléchissants autour de
780 nm et 1559 nm avec un rayon de courbure R ' 100 mm. La cavité est formée dans
un tube en aluminium : un des miroirs est fixé au tube par l’intermédiaire d’un actuateur
piézoélectrique 38 et l’autre miroir est fixé sur une vis permettant d’ajuster la longueur
de cavité sur environ 5 mm. Cette cavité peut ainsi être utilisée en position confocale
(L = R, modes de même parité dégénérés) ou en dehors de cette position.

Figure 5.12 – Schéma de la cavité de transfert pour asservir le laser à 1559 nm (voir le texte).

La température du tube en aluminium est contrôlée au moyen d’un chauffage par effet
Joule dans un fin fil en cuivre isolé entourant le tube. La température est mesurée, par une
thermistance située dans le tube, et asservie à quelques kelvins au-dessus de la température
ambiante, avec une précision de l’ordre de quelques millikelvins. Cet asservissement est
important pour éviter les larges dérives (d’environ 7 µm) de la longueur de la cavité qui
seraient induites par les fluctuations de température de la pièce (±1, 5 K) et l’expansion
thermique du tube. La cavité est insérée dans une enceinte étanche à l’air pour éviter les
changement de pression et d’humidité qui modifient l’indice optique de l’air et donc la
longueur de la cavité 39.

37. Altechna, commande spéciale : traitement réfléchissant sur la face courbée du substrat R > 99, 5%,
traitement anti-réfléchissant sur la face plane du substrat R < 0, 5%.
38. Piezomechanik GmbH modèle HPST-150-14-10-12 : course de 12 µm pour 150 V.
39. Ces effets sont estimés par la formule d’Edlén [245] chacun de l’ordre de 0, 5 µm. Si l’effet peut

apparaître faible, les changements atmosphériques avaient expérimentalement un effet gênant sur une
cavité similaire utilisée dans la première expérience de cavité fibrée du groupe.
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Les demi-largeurs κ à mi-hauteur des résonances de la cavité à 780 nm et à 1559 nm
sont mesurées respectivement à environ 2π×0.5 MHz et 2π×0, 6 MHz. Avec un intervalle
spectral libre de 1, 5 GHz, les finesses à 780 nm et à 1559 nm sont respectivement 1, 3.103

et 1, 6.103. Avec ces largeurs spectrales, le laser à 1559 nm peut donc être asservi à une
fréquence bien inférieure à celle de la cavité fibrée d’environ 12 MHz. L’asservissement
de la cavité sur le laser à 780 nm et celui du laser à 1559 nm sur la cavité utilisent une
détection hétérodyne de Pound-Drever-Hall de la réflexion sur la cavité (cf. schéma) où
les modulations des lasers sont obtenues par un EOM 40.

Comme la fréquence de coupure de la réponse de l’actuateur piézoélectrique utilisé
pour asservir la longueur de la cavité est assez faible (de l’ordre du kHz), l’asservissement
du laser à 1559 ne compense alors que les fréquences inférieures à cette coupure. Pour
compenser les fréquences supérieures, un AOM est ajouté sur chaque laser avant la cavité.
L’AOM à 780 nm sera utilisé pour permettre au faisceau incident sur la cavité de transfert
de suivre les fluctuations rapides de la fréquence de résonance, en utilisant les fréquences
supérieures à la coupure du signal de détection hétérodyne. La fréquence de l’AOM à
1559 nm sera modulée de la même correction de fréquence divisée par deux (changement
relatif de fréquence pour les deux modes lors d’une variation de la longueur de cavité).
Le signal de détection hétérodyne observé à 1559 nm correspondra ainsi à la déviation
réelle, i.e. incluant les hautes fréquences, de la fréquence du laser à 1559 nm par rapport
à la référence donnée par le laser à 780 nm.

5.2.3 Processus possibles pour le refroidissement en cavité

Lorsque les atomes seront chargés dans le piège dipolaire intra-cavité, il sera nécessaire
de les refroidir en présence de lumière quasi-résonante pour obtenir l’effet de blocage
collisionnel. De plus, un refroidissement efficace permettra leur utilisation pour plusieurs
mesures successives et assurera une limitation des effets de fluctuation du déplacement
lumineux induit par l’oscillation dans le piège.

Polarisabilité de l’état excité dans le piège dipolaire intra-cavité :

L’utilisation d’un piège dipolaire à une longueur d’onde de 1559 nm permet d’obtenir
une chaîne de sites optimalement couplés au mode de la cavité résonant avec la transition
atomique 5S1/2 → 5P3/2 ; cependant, elle s’accompagne d’une contrainte expérimentale
due au déplacement lumineux de l’état excité 5P3/2 induit par la proximité des transitions
vers les états 4D3/2 et 4D5/2 dont les longueurs d’ondes sont d’environ 1529 nm (les niveaux
sont très proches) [246]. La figure 5.13a présente les divers niveaux avec les lasers dipolaire
et résonant. L’état excité possède ainsi une polarisabilité αe bien plus importante que
celle αf de l’état fondamental. En conséquence la pulsation effective ωat,eff de la transition
atomique 5S1/2 → 5P3/2 dépend de la position r dans le piège car elle est déplacée, par
rapport la pulsation ωat de la transition pour un atome dans le vide, avec un désaccord :

∆ (r) = ωat,eff (r)− ωat =
(
αe
αf
− 1

)
Udip (r)

~
(5.1)

40. Qubig modèle EO F17.5L3 : fréquence de modulation 17.5 MHz. L’EOM est en fait unique et traité
anti-reflet pour les deux longueurs d’onde. Les deux lasers le traversent en sens opposés. Le schéma 5.12
fait apparaître deux EOMs distincts pour simplifier.
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où Udip est le potentiel dipolaire dans l’état fondamental. La figure 5.13b illustre cet effet
de variation de la fréquence nécessaire pour induire la transition en fonction de la position
radiale dans le piège dipolaire.
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Figure 5.13 – (a) : Diagramme d’énergie des plus bas niveaux du 87Rb avec les lasers utilisés
dans la cavité fibrée. (b) : La proximité de la transition vers les niveaux 4D3/2 et 4D5/2 avec le
laser dipolaire crée un fort potentiel piégeant sur l’état excité 5P3/2 de la transition résonante.
Les potentiels ne sont pas à l’échelle relative réelle. En conséquence, la fréquence de transition
effective entre l’état fondamental et l’état excité dépend de la position dans le piège dipolaire.

Dans notre cas expérimental, le ratio des polarisabilités à 1559 nm est calculé avec
les données de la référence [247] à αe

αf
' 47, 6 , soit une variation de la pulsation de

résonance ∆ (r) ' 46, 6 × Udip (r) /~. Pour le cas d’une puissance du piège dipolaire
de 1 W produisant une profondeur de piégeage U0 ' kB × 733 µK envisagée dans la
section 3.2.1, le désaccord maximal (au centre du piège) est ∆ ' −2π × 728 MHz. Ce
désaccord, bien plus important que la largeur naturelle de la transition Γ ' 2π × 6 MHz,
doit donc être pris en compte lors de l’interaction avec des faisceaux résonants et justifie
la construction d’un système laser accordable afin de s’adapter à la profondeur du piège.
Cet effet de désaccord réduit de façon générale l’interaction d’un faisceau avec l’atome
car il n’est résonant que pour une certaine valeur du potentiel pour un atome à vitesse
nulle ; ce qui permet dans des pièges “macroscopiques” de réaliser une tomographie in
situ du potentiel dipolaire perçu par les atomes [248]. La meilleure solution pour éviter
les inhomogénéités d’interaction est alors de refroidir les atomes vers l’état fondamental
d’oscillation dans le piège. La diminution de l’intensité maximale du piège dipolaire due
à la divergence du mode crée aussi une légère inhomogénéité entre les sites de piégeage,
mais celle-ci pourra être aisément compensée par l’application d’un potentiel dipolaire de
la forme nécessaire avec la matrice de micro-miroirs et le laser créant le piège de transfert.
Le désaccord pourra par ailleurs être fortement réduit une fois les atomes refroidis à des
températures bien inférieures à la température Doppler en diminuant adiabatiquement la
profondeur du piège.
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Refroidissement Doppler :

L’accès optique aux atomes piégés dans la cavité, représenté sur la figure 5.14, permet-
tra de créer une mélasse optique afin de refroidir les atomes par effet Doppler. En réglant
le décalage de la mélasse accordable pour avoir une mélasse fonctionnant au fond du
piège dipolaire, l’effet Doppler devrait en effet être efficace au fond du piège ; c’est-à-dire,
à l’endroit où la vitesse de l’atome oscillant dans le piège est maximale.

Figure 5.14 – Dessin de l’accès optique prévu pour coupler des faisceaux au centre de la cavité
fibrée. Quatre directions sont dans le plan orthogonal de la cavité. Deux directions forment un
angle de 65̊ avec l’axe de la cavité.

Refroidissement Sisyphe dans le piège dipolaire :

Le mécanisme de refroidissement sub-Doppler par effet Sisyphe standard repose sur
le déplacement des atomes dans un gradient de polarisation induit par les faisceaux de
refroidissement et les variations des déplacements lumineux pour les divers sous-niveaux
fondamentaux qui en résultent [249]. Cet effet devrait être présent pour refroidir les atomes
sur les axes transverses à la cavité où le confinement est relativement faible.

Pour un atome confiné dans un espace très inférieur à la longueur d’onde des lasers
résonants, i.e. pour le mouvement sur l’axe de la cavité, ce processus n’est pas efficace
car la variation de la polarisation est très faible. Cependant, une forme de refroidisse-
ment Sisyphe a été prédite dans le cas où l’état excité possède une fréquence de piégeage
supérieure à celle de l’état fondamental dans la référence [250]. Un schéma simplifié de
ce mécanisme est donné par la figure 5.15 : à cause du désaccord créé par la différence
de fréquence, l’atome dans l’état fondamental a une probabilité maximale d’être excité
lors de son passage au centre du piège. Le déplacement lorsque l’atome est dans l’état
excité, l’amène à une position différente du centre du piège avant l’émission spontanée
et le retour vers l’état fondamental. Comme l’atome n’est excité qu’au centre du piège,
il se retrouve donc à faire des cycles où il monte la pente abrupte de l’état excité puis
redescend la pente plus douce de l’état fondamental. Après un cycle, il y a un gain d’éner-
gie mécanique emportée par le photon émis qui a une énergie plus élevée que le photon
absorbé. L’effet de refroidissement est d’autant plus efficace que la fréquence de piégeage
νe dans l’état excité est proche de la largeur naturelle Γ de la transition afin de permettre
à l’atome d’avoir un large déplacement pendant son passage par l’état excité de temps
caractéristique 1/Γ. Dans notre situation expérimentale, l’effet pourrait être non négli-
geable sur l’axe de la cavité où la fréquence d’oscillation dans l’état excité avec 1 W de
puissance dipolaire devrait être de l’ordre du vingtième de la largeur naturelle.
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Figure 5.15 – Schéma du mécanisme de refroidissement Sisyphe possible lorsque l’état excité
a une fréquence de piégeage supérieure à celle de l’état fondamental.

Refroidissement Raman :
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Figure 5.16 – Schéma du mécanisme de refroidissement Raman en régime de bandes latérales
résolues : après un cycle de transition Raman puis repompage vers l’état initial, l’atome a perdu
un quanta d’énergie mécanique.

Le processus le plus efficace pour amener une particule unique vers l’état fondamental
de vibration en utilisant des transitions optiques est le refroidissement Raman en régime de
bandes latérales résolues. Cet effet a été tout d’abord utilisé pour les ions piégés [15], puis
avec des atomes piégés dans un réseau optique [251] et un atome unique dans une pince
optique [64]. Le principe, présenté sur la figure 5.16, est d’utiliser une transition Raman
avec deux lasers désaccordés de résonance où l’atome est transféré de l’état |F = 2, n〉, avec
n le nombre de quanta de vibrations selon un des axes propres, vers l’état |F = 1, n− 1〉
en ajustant précisément le désaccord entre les deux faisceaux lasers. L’atome est ensuite
repompé vers son état interne initial avec un faisceau résonant ; la transition conserve
l’état vibrationnel si l’atome est suffisamment localisé pour être dans le régime de Lamb-
Dicke où ∆x� λ/(2π), avec ∆x l’extension spatiale de l’atome sur l’axe propre considéré
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5. Vers le piégeage d’une chaîne d’atomes uniques en cavité

et λ la longueur d’onde de la transition 41. Après un cycle l’atome a donc perdu un quanta
de vibration, il va être donc pompé dans l’état fondamental de vibration |F = 2, n = 0〉
qui est un état noir du processus. Expérimentalement, la réquisition principale de ce
processus est l’obtention d’un couple de faisceaux Raman possédant une différence de
fréquence contrôlée à une précision bien inférieure à la fréquence de vibration ; de tels
faisceaux seront obtenus depuis un laser unique avec un EOM sur l’un d’entre eux.

41. Pour réaliser cette condition il faut que l’atome soit suffisamment confiné avant le refroidissement
Raman. Si le confinement radial du piège dipolaire n’est pas suffisant pour cela après la phase de refroi-
dissement Sisyphe, un réseau dipolaire transverse à la cavité devra être ajouté.

172



Conclusion

Au cours de cette thèse, nous avons tout d’abord réalisé une pince optique à atome
unique fibrée qui apporte une simplification des systèmes existants. Cette solution consti-
tue aussi un outil compact et flexible pouvant être utilisé dans un système mobile, pour
avoir une vraie pince déplaçant un atome unique, afin de pallier à des contraintes expéri-
mentales, en particulier liées à l’encombrement, pour faire interagir un atome unique avec
une autre structure. L’utilisation d’un piège dipolaire pulsé permet par ailleurs d’obtenir
un refroidissement efficace et un taux de pertes à deux corps élevé qui facilitent ainsi
l’atteinte du régime de blocage collisionnel. L’effet de l’augmentation de la diffusion dans
les sous-niveaux Zeeman qui accompagne celle du refroidissement reste limité si la fré-
quence de modulation est suffisamment élevée et permet l’utilisation d’une polarisation
strictement linéaire pour le piège dipolaire. Le système pourrait ainsi être simplifié par
l’utilisation d’une fibre optique à maintien de polarisation pour obtenir une bonne stabi-
lité à long terme de la polarisation. Le concept de miniaturisation peut par ailleurs être
poussé plus loin via la création d’une lentille directement à la fin de la fibre [108, 109]
avec un gain de trois ordres de grandeur sur la taille de la pince.

La source de photons uniques réalisée avec la pince optique fibrée produit des photons
d’une bonne unicité avec un système simple et compact. Si le flux de cette source reste
relativement faible, elle possède le grand avantage d’utiliser un atome de Rubidium et de
fournir ainsi des photons utilisables pour des processus d’interactions avec d’autres atomes
de rubidium. En particulier, elle pourrait être combinée avec la nouvelle expérience pour
produire une intrication probabiliste de deux atomes couplés à la cavité via la réflexion
de photons uniques sur la cavité [140].

Dans une deuxième partie, nous avons présenté une nouvelle expérience visant à obte-
nir une chaîne d’atomes uniques optimalement couplés à une cavité, grâce à un réseau de
micro-pièges dipolaires utilisant un mode de cavité dont la longueur d’onde est proche du
double de celle du mode résonant. L’étude des contraintes physiques pour l’obtention d’un
couplage fort et homogène des atomes uniques a permis de déterminer les caractéristiques
requises pour la cavité. La mise en évidence des effets du second mode polarisation de
la cavité sur la détection a indiqué les deux solutions possibles : l’utilisation d’une forte
biréfringence avec des modes de polarisation linaires comme dans l’expérience précédente
ou l’utilisation de modes de polarisation dégénérés avec une polarisation de détection
circulaire.
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5. Vers le piégeage d’une chaîne d’atomes uniques en cavité

Nous avons construit un nouveau dispositif d’ablation laser permettant la réalisation
des formes de miroir requises. Il permet aujourd’hui de sculpter rapidement des dizaines
de fibres, et surtout de les analyser précisément in situ pour une rapide convergence de
la recherche des paramètres par essai et erreur. Le développement de la méthode des
tirs multiples autorise un ajustement précis de la biréfringence géométrique des miroirs et
ouvre aussi la voie vers d’autres applications. Les cavités fibrées doublement résonantes ont
confirmé que l’origine de la biréfringence est essentiellement la biréfringence géométrique.

Par ailleurs, l’utilisation d’une fibre à cristal photonique “infiniment” monomode ap-
porte un atout essentiel pour l’injection stable de plusieurs longueurs d’ondes dans une
cavité fibrée.

Les finesses obtenues permettront d’être dans le régime de couplage fort visé pour la
nouvelle expérience. L’amélioration de cette finesse nécessiterait un gain sur les pertes
des miroirs qui sont partagées équitablement entre celles induites par l’absorption dans
les couches et celles résultant de la diffusion due à la rugosité résiduelle. Pour obtenir
un gain important, il faut réduire ces deux types de pertes. Les premières dépendent des
absorptions des matériaux des couches (et des impuretés résiduelles), mais aussi de la
conception de l’empilement des couches où une optimisation plus poussée, du réglage de
la phase relative avec une profondeur de pénétration plus faible, pourrait être investiguée.
Les secondes dépendent du processus de formation du substrat et donc de l’ablation laser.
Il est possible que la rugosité actuelle du substrat soit limitée par la déposition de la
silice évaporée sur le substrat après l’ablation. Pour améliorer le dispositif, une solution
consisterait alors à le placer dans un vide primaire pour allonger le libre parcours moyen
des particules évaporées.

Le dispositif expérimental conçu pour charger et refroidir les atomes dans la cavité
fibrée est encore en construction mais l’essentiel du système laser, du système à vide et
des éléments environnants (optiques, bobines, caméras) ont été mis en place. Les premiers
résultats obtenus avec la cellule de test démontrent une excellente stabilité et une courte
durée de production d’un nuage d’atomes froids. Le principe du transport rapide par un
piège dipolaire déplacé avec un déflecteur acousto-optique a été validé. Le collage de la
nouvelle cellule avec la cavité fibrée est en cours ainsi que la construction du laser qui
sera utilisé pour le refroidissement Raman et les transitions Raman-cavité.

Une fois ces élément ajoutés sur le dispositif expérimental, cette nouvelle expérience
pourra explorer un nouveau champ de l’électrodynamique quantique en cavité avec plu-
sieurs dizaines de qubits identiques, adressables et fortement couplés aux photons confinés
dans la cavité. Ce système combinera une interaction à longue portée pouvant être sé-
lective (via l’adressage) avec deux voies de détection : l’une collective et sans émission
spontanée par la cavité, l’autre individuelle par l’imagerie haute résolution. Ces multiples
possibilités ouvrent de multiples voies de recherche : vers la simulation de la transition
de phase quantique de Dicke en utilisant des transitions Raman-cavité[169] et l’étude de
l’intrication autour du point critique quantique[170] ; vers l’intrication dans des états sta-
tionnaires d’un système dissipatif [171, 252] qui fournit une voie robuste pour la création
d’états intriqués ; vers le calcul quantique en cavité optique [52] grâce à une interaction
sélective entre atomes via la cavité ...

Ces quelques exemples illustrent la richesse de la physique quantique des systèmes de
particules uniques et de ses applications. Quatre-vingt ans après la mise en évidence théo-
rique du phénomène d’intrication quantique, des expériences créant des états intriqués
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5.2. Vers des atomes piégés et refroidis en cavité

d’ensembles de quelques (dizaines) particules uniques ont été réalisées avec des systèmes
physiques très variés : photons, ions, atomes, boîtes quantiques, qubits supraconducteurs,
centres NV du diamant. Les nouveaux développements de ces systèmes expérimentaux re-
poussent les limites de l’obtention de particules uniques et du contrôle de l’état quantique
d’un ensemble de particules. Les expériences présentées dans cette thèse s’inscrivent dans
ce contexte en créant de nouveaux outils afin d’explorer de nouvelles voies dans le vaste
champ de la physique quantique expérimentale.
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Annexe A
Structure interne du rubidium 87

52S1 / 2

52P 3  / 2

780.241 209 686(13) nm
384.230 484 468 5(62) THz
12 816.549 389 93(21) cm- 1

1.589 049 462(38) eV

2.563 005 979 089 109(34) GHz

4.271 676 631 815 181(56) GHz

6.834 682 610 904 290(90) GHz

(0.70 MHz/ G)

(- 0.70 MHz/ G)

193.7407(46) MHz

72.9112(32) MHz

229.8518(56) MHz

302.0738(88) MHz

266.6500(90) MHz

156.9470(70) MHz

72.2180(40) MHz

F' = 3
(0.93 MHz  / G)
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(0.93 MHz/ G)

gF = 2/3
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gF  = 1/2

gF  = -1/2

F = 2

F = 1

Figure A.1 – Structure hyperfine de l’atome de 87Rb, ligne D2, selon la référence [245].
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Annexe B
Résolutions analytiques du système

atome-cavité

Diagonalisation du hamiltonien de Jaynes-Cummings :

On rappelle le hamiltonien de Jaynes-Cummings du couplage entre un atome et un
mode de cavité :

ĤJC = ~ωatσ̂+σ̂− + ~ωcâ
†â+ ~g (rat)

(
σ̂−â

† + σ̂+â
)

(B.1)

avec ωat et ωc les pulsations de résonance de l’atome et de la cavité, σ̂± les opérateurs
d’excitation et désexcitation de l’atome, â† et â les opérateur de création et d’annihilation
de photon dans la cavité et g la constante du couplage atome-cavité.

Le hamiltonien de Jaynes-Cummings est diagonalisable en le décomposant dans les
espaces à deux dimensions engendrés par les états |f, n〉 et |e, n − 1〉. En effet, ils n’in-
teragissent pas entre eux car le système contient n excitations (photons et état interne
cumulés) et ne perd pas d’énergie. Dans l’espace n, le hamiltonien s’écrit :

Ĥn = ~nωc|f, n〉〈f, n|+ ~ ((n− 1)ωc + ωat) |e, n− 1〉〈e, n− 1|
+~
√
ng (|e, n− 1〉〈f, n|+ |f, n〉〈e, n− 1|) .

(B.2)

Les énergies propres sont :

En,±
~

= ωn,± = nωc + 1
2

(
∆ac ±

√
∆2

ac + 4ng2
)

(B.3)

où ∆ac = ωat − ωc est le désaccord entre atome et cavité. Les fréquences propres de
l’interaction à une excitation sont présentées sur la figure 3.2b. Les vecteurs propres,
appelés états habillés (de l’atome par le champ), sont donnés dans la base du système
sans interaction par :

|n,+〉 = cos θn|e, n− 1〉+ sin θn|f, n〉 (B.4)

|n,−〉 = − sin θn|e, n− 1〉+ cos θn|f, n〉 (B.5)

avec pour définition de l’angle de mélange des états tan (2θn) = 2
√
ng

∆ac
. Les états propres

sont séparés par la fréquence de Rabi effective Ωn,eff =
√

∆2
ac + 4ng2 qui donne la dyna-

mique de l’oscillation des populations des états |g, n〉 et |e, n − 1〉. Cette oscillation est
totale pour le système résonant (∆AC = 0), où les états propres sont constitués d’une part
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B. Résolutions analytiques du système atome-cavité

équivalente d’excitation atomique et lumineuse, constituant une quasi-particule appelée
polariton 1. Dans le cas où le système ne contient qu’une excitation, l’effet du mode de
la cavité sur l’atome est appelé oscillation Rabi du vide ; car la présence du mode, même
vide de photons, force l’atome à émettre un photon dans celui-ci.

e

f

1

0

2

ωat ωc

ωc

f,0

1,+
1,-

2,+

2,-

ω1,-ω1,+

2g

2√2g

E/ħ

Atome
Cavité

...
Système 
couplé

(a)

4 2 0 2 4
(ωc− ωat)/ g

4

2

0

2

4

(ω
1,

±
−

ω
at

)
/g

Système couplé

Atome

Photon

(b)

Figure B.1 – Hamiltionien de Jayne-Cummings. (a) : États des sous-systèmes (atome et champ
de la cavité) et du système couplé à résonance (ωc = ωat) . (b) : Fréquences propres du système
couplé à une excitation en fonction du désaccord de la cavité par rapport à la résonance atomique.
Les courbes pointillées représentent les énergies de l’atome et du photon pris indépendamment.

Système de Jaynes-Cummings ouvert en faible excitation :

Pour résoudre analytiquement les valeurs propres du système, on se place dans l’ap-
proximation de faible excitation qui suppose que σ̂zâ = −â où σ̂z = [σ̂+, σ̂−] donne
l’inversion de population de l’atome. L’approximation est en fait exacte si on limite l’évo-
lution du système aux niveaux contenant au plus une excitation : |f, 0〉, |e, 0〉 et |f, 1〉.
Cette approche est pertinente dans beaucoup de situations expérimentales qui cherchent
à éviter l’émission spontanée et la décohérence qui en découle. L’approximation permet
d’écrire les équations d’évolution des valeurs moyennes des opérateurs caractéristiques en
représentation de Heisenberg sous la forme [161] :

d〈â〉
dt = −i(ωc − iκ)〈â〉 − ig〈σ̂−〉 (B.6)

d〈σ̂−〉
dt = −i(ωat − iγ)〈σ̂−〉 − ig〈â〉 (B.7)

1. Cette appellation est beaucoup plus utilisée pour les polaritons excitoniques issus de l’interaction
des excitons dans les structures de semi-conducteurs avec un mode de cavité. Ici, nous avons des polaritons
atomiques. Il existe aussi d’autres types de polaritons dont la définition générale peut se voir comme la
quasi-particule résultant de l’interaction entre une onde électromagnétique et une onde de polarisation.
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Les termes de pompage éventuels constituent des forçages additionnels pour le système
de deux oscillateurs couplés que ces équations représentent ; ils n’influent donc pas sur les
pulsations propres du système libre qui se calculent comme :

ω̃± = ωc + ωat

2 − iκ+ γ

2 ± 1
2

√
(∆ac + i (κ− γ))2 + 4g2 (B.8)

On voit que, à résonance, le comportement du système dépend du signe de 4g2− (κ− γ)2.
La figure B.2 montre l’évolution des parties réelles et imaginaires des pulsations propres
à résonance, on note ω̃± = ω± − iγ±. Les parties réelles correspondent aux pulsations qui
se séparent à cause de l’oscillation de Rabi du vide lorsque g augmente et la séparation
tend vers 2g lorsque les pertes deviennent négligeables devant g. Les parties imaginaires
correspondent aux constantes de pertes qui convergent vers la valeur moyenne des pertes
de chaque oscillateur (atome et cavité) lorsque l’interaction mélange les états propres des
sous-systèmes.

g

ω±

ωa

|κ-γ|/2
(a)

g

γ±
κ

γ

κ+γ
2

|κ-γ|/2
(b)

Figure B.2 – Parties réelles (a) et imaginaires (b) des pulsations propres du système atome-
cavité ouvert dans la limites des faibles excitations, correspondant respectivement aux pulsations
d’oscillation et constantes d’amortissement.

Diagonalisation du hamiltonien de Tavis-Cummings :

On rappelle le hamiltonien de Tavis-Cummings du couplage entre N atomes et un
mode de cavité :

ĤTC = ~ωcâ
†â+ ~ωat

(
Ĵz + N

2

)
+ ~g

(
Ĵ−â

† + Ĵ+â
)

(B.9)

avec Ĵ le pseudo-spin total de l’ensemble atomique.
Le hamiltonien commute avec Ĵ donc l’évolution d’un ensemble initialement symé-

trique se fait dans le sous-espace HS. L’état fondamental est le produit tensoriel de l’état
atomique fondamental (état de Dicke à 0 excitation) et du vide de la cavité : |0N , 0c〉. Si
le système contient initialement une excitation, atomique |1N〉 ou photonique |1c〉, l’évo-
lution se fait alors dans le sous espace engendré par {|1N , 0c〉, |0N , 1c〉}. Le traitement est
analogue à celui du Hamiltonien à un atome où l’on déduit les états et énergies propres à
résonance comme :

|±, 1〉 = 1√
2

(|0N , 1c〉 ± |1N , 0c〉) et E±, 1 = ~ωc ± ~
√
Ng (B.10)
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Annexe C
Programme de contrôle du dispositif

d’ablation laser

Le dispositif d’ablation laser CO2 est entièrement contrôlé 1 par un programme spé-
cialement développé 2 pour permettre une utilisation facile avec l’automatisation des opé-
rations standards du système. Le programme a été écrit dans le language Python 3 car
celui-ci est sous licence libre, orienté objet et permet le design rapide d’une interface
graphique via QtDesigner.

Cette annexe présente très brièvement l’organisation du code et l’interface graphique
associée. Le fonctionnement détaillé du programme et les procédures d’utilisation et de
réglages du dispositif ont été consignés dans un rapport en anglais bien plus complet à
l’usage des futurs utilisateurs et développeurs.

Organisation générale de la programmation :

Le programme est organisé dans un objet python appelé mainWin dont les attributs
sont des objets qui contrôlent les différentes parties de la programmation. Ainsi, chaque
élément physique du dispositif (axes X, Y et Z, caméra, carte , puissancemètre) est piloté
par un objet qui permet de le contrôler via des méthodes (fonctions) définies dans le code
de sa classe. Par exemple, la platine de translation selon l’axe X est pilotée par un objet
Xaxis qui a une méthodemoveAbs. En appelantmainWin.Xaxis.moveAbs(nouvelleposition),
la platine est déplacée à la position donnée par le nombre nouvelleposition. Pour certains
éléments du dispositif, un pilote python a été écrit soit par conversion des librairies four-
nies par les constructeurs (platines, caméra), soit par l’utilisation d’instruction ASCII
(puissancemètre). Pour la carte d’acquisition/génération de voltages, un pilote python est
déjà disponible au sein de la communauté d’utilisateurs 4. Les fonctions de ces pilotes sont
alors appelées pour définir les méthodes des objets qui conviennent plus spécifiquement
aux réquisitions de contrôle du dispositif.

Certaines parties du code utilisant la combinaison de différentes parties du dispositif,
comme la profilométrie et le centrage des fibres, sont organisées au sein d’objets dédiés.

1. Exceptée la puissance du laser pour éviter le temps d’attente pour sa stabilisation après un chan-
gement inopiné.

2. Ce programme a été développé en collaboration avec Klemens Shüppert, doctorant, Institut für
Experimentalphysik, Universität Innsbruck.

3. En utilisant la distribution Python(x,y) version 2.7.3.1
4. PyDaqmx développé par Pierre Cladé (Laboratoire Kastler Brossel, Université Pierre et Marie

Curie)
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C. Programme de contrôle du dispositif d’ablation laser

Les méthodes de l’objet principal mainWin servent à l’exécution du tir, à la gestion de
sauvegarde des données et à la définition des actions des boutons de l’interface graphique.

Interface graphique d’utilisateur :

L’interface graphique, présentée en figure C.1, est aussi un objet attribut de main-
Win. Elle permet de saisir des paramètres, comme le temps d’exposition de la caméra, et
d’activer des méthodes de mainWin ou de ses objets attributs. Elle est organisée en deux
affichages d’images et trois sections d’onglets de saisies de paramètres et d’activations de
méthodes. Les zones graphique présentent l’affichage direct des images de la caméra et le
résultat de la mesure de profilométrie.

La première section d’onglets correspond à la gestion de la caméra. Elle permet de
gérer les paramètres d’exposition et de gain par saisie directe ou avec des procédures
d’optimisation de la brillance moyenne ou maximale de l’image. Elle contrôle aussi les
diodes de profilométrie et de coeur.

La deuxième section d’onglets contrôle le mouvement des platines de translation et
leur paramètres. Elle permet de sauvegarder une liste de positions où l’utilisateur peut
retourner en un clic. Le dernier onglet affiche les mesures de température en divers points
du dispositif.

La troisième section d’onglets contient :
-un onglet qui est dédié à la réalisation du (des) pulse(s) d’ablation laser avec deux

sous onglets relatifs à la gestion des paramètres de tirs et un onglet gérant la détection et
le tir d’une série de fibres.

-un onglet qui contrôle la profilométrie avec la gestion de ses paramètres ainsi que la
détection et optimisation de la position du substrat sur l’axe optique de l’imagerie.

-trois onglets qui sont dédiés à l’analyse des profils mesurés, couvrant respectivement :
la pré-analyse par coupes unidimensionnelles, l’ajustement bidimensionnel et l’affichage
des résultats complets des ajustements.

-un onglet qui permet de sauvegarder les données du tir, du profil obtenu et de ses
ajustements ; et de charger dans le programme ces données pour pouvoir les analyser à
nouveau 5.

-un dernier onglet qui permet de charger et exécuter des procédures écrites comme une
méthode de mainWin. Ceci pour réaliser des opérations avec le dispositif que les boutons
l’interface ne permettent pas ou pour pouvoir automatiser une série d’opérations standard
comme la mesure de l’erreur de positionnement présentée sur la figure 4.11.

5. Il est possible d’utiliser le programme sur un ordinateur quelconque pour cette opération car il peut
être lancé sans initialiser les éléments physiques.
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Annexe D
Calcul pour la mesure de la phase

relative des miroirs

Le principe de la mesure est de faire varier la longueur de la cavité en maintenant
la condition de double résonance via un changement de la fréquence ν2 du laser à 1559
nm alors que la fréquence ν1 du laser à 780 nm reste constante et égale à c/λRb. Nous
rappelons que la condition de double résonance à une longueur L impose pour une cavité
symétrique avec des miroirs circulaires s’écrit :

2πq1 (L) = 2π2L
c
ν1 − 2φ1 − 4φG (L) (D.1)

2πq2 (L) = 2π2L
c
ν2 (L)− 2φ2 − 4φG (L) (D.2)

où q1 et q2 sont des entiers, φ1 et φ2 sont les phases de réflexion sur un miroir et φG est la
phase de Gouy qui dépend uniquement de L et du rayon de courbure R des miroirs qui est
fixe pour une cavité donnée. La dépendance en fréquence des phases est ici négligée car
ν1 est fixe et φ2 varie peut dans l’intervalle expérimental utilisé. En divisant la première
équation par 2 et en la soustrayant à la deuxième on obtient :

2π2L
c
ν2 (L) = 2π2L

c

ν1

2 + 2φG (L) + π (2q2 (L)− q1 (L)) + 2φ2 − φ1 (D.3)

Dans notre situation expérimentale, nous faisons varier la longueur de L et changeons
la fréquence ν2 avec la condition supplémentaire de se déplacer d’un nombre de modes
longitudinaux à 780 nm qui est le double de celui des modes à 1559 nm. Cette condition
est aisément vérifiable expérimentalement si le changement de longueur est faible du fait
du rapport des longueurs d’ondes utilisées, car le changement de fréquence à effectuer pour
obtenir la double résonance reste bien inférieur à l’intervalle spectral libre. De proche en
proche, elle peut être maintenue sur tout l’intervalle de mesure. Cette condition impose
que 2q2 (L) − q1 (L) = qr est une constante. Par ailleurs, la condition de chevauchement
des ventres des modes résonant et dipolaire au centre de la cavité impose que qr = 2j avec
j entier (cf.section3.3.1). La phase relative δφM, définie par φ2 = jπ + φ1/2 + δφM, est le
paramètre quantifiant le chevauchement des modes. En insérant dans l’équation D.3 cette
expression, on obtient :

π
2L
c
ν2 (L) = π

2L
c

ν1

2 + φG (L) + δφM (D.4)
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D. Calcul pour la mesure de la phase relative des miroirs

L’équation 4.13 s’obtient alors en remplaçant la phase de Gouy par son expression en
fonction de L et R, donnée à l’équation 3.16.
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