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Introduction

Avec le développement des lasers, les prédictions les plus surprenantes de la méca-
nique quantique ont pu être validées, tranchant par exemple la controverse entre Bohr
et Einstein au sujet du paradoxe EPR [1, 2]. Les lasers permettent un contrôle fin de
l’interaction lumière-matière et sont ainsi d’un grand intérêt d’un point de vue fonda-
mental. Ils permettent en outre des mesures de déplacements parmi les plus sensibles ;
répondant ainsi à un besoin dicté par les tests de théories fondamentales, comme, par
exemple la théorie de la relativité générale via la détection d’ondes gravitationnelles [3].

À cette fin, la construction d’interféromètres géants appelés antennes gravitation-
nelles a été imaginée et la question de la limite de sensibilité de tels appareils s’est
posée dès les années 70. Ce projet est devenu réalité depuis ; avec notamment les ex-
périences LIGO, projet de Caltech et du MIT, Virgo, projet franco-italien, TAMA au
Japon et GEO en Allemagne.

La question a été élucidée au tournant des années 80 [4] : le bruit quantique associé
à la lumière est responsable d’une limite de sensibilité des mesures interférométriques.
Cette limite est liée au couplage optomécanique : le mouvement d’un miroir réflé-
chissant la lumière modifie le chemin optique de celle-ci — c’est-à-dire la phase du
faisceau réfléchi. De plus, lors de sa réflexion sur le miroir, la lumière lui communique
une certaine impulsion, le mettant ainsi en mouvement. La mesure du déplacement
d’un miroir induit donc une modification de la position de celui-ci qui perturbe la
mesure que nous voulions effectuer : on parle d’action en retour, phénomène au cœur
des inégalités d’Heisenberg. Bien que prévue théoriquement depuis plus de trente ans,
cette limite n’a été observée que très récemment et des techniques de réduction du
bruit quantique ont été implémentées avec succès [5, 6].

Le couplage optomécanique permet l’élaboration de nouvelles plateformes d’optique
quantique, en sortant du champ de la physique atomique pour une échelle mésosco-
pique, voire macroscopique, permettant de nouveaux tests de la mécanique quantique
à ces échelles [7], ou encore des applications naissantes dans le domaine de l’ingénie-
rie quantique, telles que par exemple la création de nouvelles interfaces permettant la
conversion réciproque d’un état micro-onde vers les longueurs d’onde optiques [8] ou
le couplage entre des atomes froids et un miroir [9, 10].

Notre expérience s’inscrit dans la dynamique de la compréhension des limites de
la mesure quantique avec un montage sur table à température ambiante. L’action en
retour est donc largement masquée par le bruit thermique du miroir. Cette limitation
n’empêche pas en principe la mise en évidence de celle-ci.

Le premier chapitre est une introduction à la mesure ultra-sensible des déplace-
ments d’un miroir. Celle-ci est effectuée en formant une cavité Fabry-Perot qui amplifie
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les effets du déplacement du miroir sur le champ optique. Ceci induit notamment par
une augmentation de l’intensité intracavité, qui atteint des valeurs telles que l’effet du
bruit quantique de pression de radiation ne peut plus être négligé. Nous présentons
un formalisme quasi-classique qui permet d’établir l’existence d’une puissance optique
optimale pour la mesure, et donc d’une sensibilité limite. On parle de SQL, pour
Standard Quantum Limit ou Limite Quantique Standard, c’est-à-dire de la limite de
sensibilité associée aux bruits quantiques avec des états cohérents de la lumière. Nous
montrons également comment le couplage optomécanique permet la création d’états
non-classiques du champ comme les états comprimés. Si les fluctuations de la lumière
peuvent êtres manipulées, l’état du miroir peut l’être aussi. En effet, la mise en cavité
du miroir induit une modification de la dynamique du miroir. Il est par exemple pos-
sible de refroidir le miroir. Nous proposons de mettre en évidence l’action en retour
dans un régime où le bruit de position du miroir est principalement thermique via
une expérience pompe-sonde consistant essentiellement en une mesure quantique non-
destructive de la position du miroir. La cavité impose alors des conditions d’accord
des faisceaux à la cavité que nous quantifions. Nous proposons également de réduire
le caractère contraignant de cette condition d’accord, en utilisant la modification de
la dynamique du résonateur par exemple ou en travaillant hors de la résonance méca-
nique.

Le deuxième chapitre présente le montage expérimental que nous avons utilisé. Y
est décrit le résonateur employé. C’est un substrat de silice de forme plan-convexe sur
lequel est déposé un traitement diélectrique à la pointe de l’état de l’art. La combinaison
des performances optiques et mécaniques du résonateur conduisent à un rapport signal
à bruit pour nos mesures, donné par le rapport du bruit de pression de radiation quan-
tique sur le bruit thermique, de 10−6 typiquement, soit 0,1% en terme de corrélations.
Le caractère multimode du résonateur permet en outre une amélioration du rapport
signal à bruit de la mesure en évaluant les corrélations hors de la résonance mécanique.
Nous caractérisons par des simulations par éléments finis le comportement des familles
de modes de vibration que supporte le résonateur mécanique. Bien sûr, démontrer les
limites que pose l’existence du bruit quantique d’un faisceau lumineux suppose que les
fluctuations de ce dernier soient essentiellement dues au bruit quantique. Il faut donc
pouvoir opérer avec un montage optique à très bas bruit et permettant d’asservir deux
faisceaux sur la cavité optomécanique.

Le troisième chapitre expose nos résultats et les limites du montage mis en œuvre.
Nous commençons par étudier le temps de mesure nécessaire à la révélation des corré-
lations optomécaniques. Ce temps est d’autant plus long que le rapport signal à bruit
est faible. Il peut atteindre quelques heures dans notre cas et nous avons travaillé
sur un système d’asservissement très basse fréquence pour pouvoir mener à bien nos
expériences sur ce laps de temps important. Le phénomène de contamination des cor-
rélations optomécaniques par le bruit thermique du résonateur mesuré par le faisceau
pompe si celui-ci n’est pas parfaitement à résonance avec la cavité est exploité pour
créer un nouvel asservissement très basse fréquence de la cavité. Nous avons pu mesu-
rer des corrélations entres les faisceau pompe et sonde aussi basses que 2% à résonance
avec la cavité. Ces corrélations ne sont pas d’origine quantique mais dues au bruit
classique d’amplitude des faisceaux. Nous avons réduit ce niveau de bruit à un point
où la mise en évidence des corrélations optomécaniques devrait être possible.
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Si les améliorations présentées dans le troisième chapitre portaient sur les amélio-
rations optiques, le quatrième chapitre est dédié à la présentation des améliorations
futures sur le résonateur et la cryogénie pour réduire le bruit thermique. En effet, le
résonateur que nous utilisons ne fonctionne pas à basse température, à cause de la na-
ture amorphe de la silice. Nous avons donc entrepris la conception et la réalisation de
nouveaux résonateurs plan-convexes en quartz. Ces résonateurs ont des performances
théoriques attractives, potentiellement supérieures aux autres résonateurs utilisés dans
l’équipe. Nous avons par ailleurs fabriqué des micro-piliers en quartz, déjà employés
dans le groupe, et étudié leur implémentation dans notre expérience. Ces deux types
de résonateurs ont des performances qui améliorent considérablement le niveau de
corrélation quantique attendu. La synergie entre les deux approches d’amélioration
de l’expérience présentées dans les troisième et quatrième chapitres doit conduire à
l’observation future des corrélations optomécaniques.



viii TABLE DES MATIÈRES



Chapitre 1

Dans ce chapitre, nous introduisons le couplage optomécanique, son influence sur
les mesures interférométriques et les méthodes de démonstration de son existence au
niveau quantique. Nous exposons l’état de l’art dans ce domaine.

1.1 Mesure de déplacements
Supposons que nous souhaitions mesurer le déplacement δx d’un miroir mobile. La

solution présentée sur la figure 1.1 consiste à l’éclairer par un faisceau monochromatique
issu d’un laser et à mesurer le déphasage δφ acquis par la lumière. Ce déphasage
s’exprime alors :

δφ = 4πδx
λ

, (1.1.1)

λ désignant la longueur d’onde de la lumière. La mesure de cette phase pourra se faire
à l’aide d’une détection homodyne. On peut augmenter l’interaction du champ et du
miroir, et donc la sensibilité de la mesure, en faisant interagir la lumière et le miroir
plusieurs fois dans une cavité optique.

1.2 Amélioration de la sensibilité avec une cavité
Pour former une cavité optique, on place un second miroir, dit coupleur, supposé

immobile, en face du miroir mobile. (voir la figure 1.2) On considère le miroir mobile
parfaitement réfléchissant tandis que le coupleur possède une transmission non nulle.
La lumière qui pénètre par le coupleur est alors piégée et va effectuer un certain nombre
d’allers-retours — jusqu’à des centaines de milliers — et va interagir d’autant plus avec
le miroir mobile avant de sortir de la cavité. On mesure la phase de la lumière réfléchie
comme précédemment.

Pour une cavité à résonance, le déphasage induit s’exprime maintenant par :

δφ = 8Fδx
λ

(1.2.1)

où F désigne la finesse de la cavité. C’est le paramètre qui caractérise la qualité des
miroirs, et donc le nombre d’allers-retours qu’exécute la lumière dans la cavité. Dans

1



2 Chapitre 1. Le couplage optomécanique

Figure 1.1 – Mesure du déplacement δx d’un miroir mobile à l’aide d’un faisceau
laser, en rouge sur le schéma.

notre expérience, la finesse est de l’ordre de 105. En comparaison de (1.1.1), on a
gagné un facteur 2F

π de l’ordre de 100 000 donc, au détriment d’un plus long temps
d’interaction qui se manifeste par un filtrage en fréquence du signal.

Pour estimer la sensibilité d’une telle mesure, à savoir le plus petit signal mesurable,
l’effet du déphasage de la lumière doit être comparé aux différents bruits, quantiques
en particulier, de la détection.

Figure 1.2 – Mise en cavité du miroir mobile pour augmenter la sensibilité de la
mesure de déplacement.

1.3 Couplage optomécanique en cavité

Nous exposons un modèle quasi-classique d’entrée-sortie permettant de modéliser
le couplage optomécanique et de calculer le spectre des bruits de la lumière après
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interaction avec le miroir. La lumière, objet quantique, est soumise à des fluctuations
fondamentales de phase et d’intensité. Nous les caractérisons dans le cas d’un faisceau
quasi-classique, dit cohérent.

1.3.1 Nature quantique de la lumière
Le champ électromagnétique dans le vide se modélise comme un continuum d’os-

cillateurs harmoniques indépendants entre eux [11]. Chacun des oscillateurs est carac-
térisé par deux opérateurs : un opérateur annihilation â, qui supprime un photon dans
ce mode, et son conjugué hermitique, l’opérateur création â†, qui au contraire y crée
un photon. Nous commençons par décrire un tel mode dans une cavité avant d’étendre
la description à un faisceau en espace libre.

Quantification du champ en cavité

Le champ électrique dans la cavité peut être décrit par l’opérateur [12] :

Ê(t) = E0(âωLe−iωLt + â†ωLe
iωLt) (1.3.1)

avec

E0 =
√

~ωL
2ε0V

, (1.3.2)

où nous avons introduit ε0, la permittivité diélectrique du vide, ωL la pulsation du
champ dans la cavité et V le volume qu’il occupe. L’opérateur Ê est normalisé de telle
sorte que l’opérateur N̂ = â†ωL âωL donne le nombre de photons intracavité. E0 est alors
le champ électrique associé à un photon unique.

Les opérateurs â†ωL et âωL vérifient les relations de commutation bien connues pour
les bosons : [

âωL , â
†
ωL

]
= 1, (1.3.3)

[âωL , âωL ] =
[
â†ωL , â

†
ωL

]
= 0. (1.3.4)

On peut alors définir deux opérateurs quadratures X̂1 et X̂2 par :

X̂1 = âωL + â†ωL , (1.3.5)
X̂2 = i(â†ωL − âωL), (1.3.6)

de telle sorte que :

Ê(t) = E0
(
X̂1 cos(ωLt) + X̂2 sin(ωLt)

)
. (1.3.7)

Classiquement, X̂1 et X̂2 sont les projections du champ électrique dans le repère de
Fresnel 1.

1. On associe au champ électrique un point dont le vecteur position a une norme égale à son
amplitude et un angle avec l’axe des abscisses égale à la phase à l’origine du champ.
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Du fait des relations de commutation (1.3.4), les variances ∆X2
1 =

〈
X2

1
〉
− 〈X1〉2

et ∆X2
2 des opérateurs vérifient l’inégalité de Heisenberg :

∆X1∆X2 ≥ 1. (1.3.8)

C’est-à-dire que pour tout état quantique, il existe toujours une incertitude sur X̂1 et
X̂2 que l’on représente dans l’espace de Fresnel en associant à l’état non pas un point,
comme dans le cas classique, mais une "tache" dont la surface est fondamentalement
plus grande que l’unité. Nous allons voir que cette tache est un disque pour les états
du champ quasi-classiques.

Figure 1.3 – Représentation d’un état cohérent dans le repère de Fresnel

États cohérents

En 1963, Glauber [13] a défini une classe d’états quantiques aux propriétés proches
de celles attendues pour un état classique, c’est-à-dire que leur valeur moyenne corres-
pond à celle de la théorie classique. Ils sont définis comme valeur propre de l’opérateur
annihilation et notés |α〉, avec α complexe :

âωL |α〉 = α |α〉 . (1.3.9)

On peut définir des quadratures généralisées par :

X̂θ = âωLe
−iθ + â†ωLe

iθ, (1.3.10)
X̂θ+π/2 = i(â†ωLe

iθ − âωLe
−iθ). (1.3.11)

Elles correspondent à une rotation des quadratures arbitraires X̂1 et X̂2 définies pré-
cédemment. On montre alors en utilisant (1.3.9) que pour tout état |α〉 et tout angle
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θ, ∆X2
θ = 1 : le bruit de toutes les quadratures des états cohérents est identique. Les

états cohérents sont donc représentés par un cercle dans le repère de Fresnel (voir la
figure 1.3).

Nous évaluons maintenant les fluctuations du nombre de photons et de phase d’un
état cohérent |α〉. On note :

α =
√
N̄eiφ̄. (1.3.12)

De cette manière, N̄ et φ̄ représentent respectivement le nombre de photons moyen et
la phase moyenne de l’état. On a en vertu de (1.3.9) :〈

X̂φ̄

〉
= 2

√
N̄ , (1.3.13)〈

X̂φ̄+π/2

〉
= 0. (1.3.14)

X̂φ̄ et X̂φ̄+π/2 définissent les quadratures dites d’amplitude et de phase. Il est également
possible de montrer que ces quadratures portent aussi les variations du nombre de
photons et de phase en plus d’avoir les bonnes valeurs moyennes. À cette fin, linéarisons
les fluctuations en réécrivant les opérateurs âωL et â†ωL autour des valeurs moyennes :

âωL =
√
N̄eiθ + δâωL , (1.3.15)

â†ωL =
√
N̄e−iθ + δâ†ωL . (1.3.16)

L’opérateur nombre de photons N̂ s’exprime alors comme :

N̂ = N̄ + δN̂ . (1.3.17)

En ne gardant que les termes de premier ordre, on trouve que :

δN̂ =
√
N̄δX̂φ̄. (1.3.18)

Nous pouvons aussi utiliser l’expression (1.3.12) dans laquelle nous introduisons des
fluctuations de phase δφ et de nombre de photons δN :

α = ᾱ+ δα, (1.3.19)

α =
√
N̄ + δNeiφ̄+δφ. (1.3.20)

En linéarisant cette expression, il vient :

δα = ᾱ

2 δN + iᾱδφ. (1.3.21)

En effectuant une rotation des quadratures et en identifiant les termes obtenus aux
quadratures de phase et d’amplitude, nous trouvons :

δN =
√
N̄δX̂φ̄, (1.3.22)

δφ = 1
2
√
N̄
δX̂φ̄+π/2. (1.3.23)
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Les fluctuations du nombre de photons sont portées par X̂φ̄, comme dans le traitement
quantique, et celles de phase par X̂φ̄+π/2, conformément à leurs noms. On obtient alors
les variances associées aux fluctuations et leur produit :

∆N̂2 = N̄ , (1.3.24)

∆φ2 = 1
4N̄

, (1.3.25)

∆N̂∆φ ≥ 1
2 . (1.3.26)

On trouve que la variance du nombre de photons est égale à sa moyenne, cela traduit
la distribution poissonnienne du nombre de photons dans un état cohérent. Les fluc-
tuations relatives d’intensité sont de plus en plus faibles à mesure que l’état est intense
et donc classique. La diminution du bruit de phase peut être comprise en remarquant
qu’en considérant des états d’intensités croissantes, leurs représentations dans l’espace
de Fresnel sont de plus en plus éloignées de l’origine tandis que leurs tailles ne changent
pas. La variation angulaire induite est donc d’autant plus faible.

Les deux quantités vérifient une relation du type Heisenberg, mais notons que nous
n’avons pas cherché à définir d’opérateur phase pour le champ ; ainsi, cette relation en
a l’apparence mais n’est pas à strictement parler une relation de Heisenberg. Toutefois,
comme elle dérive uniquement de (1.3.4), on peut lui attribuer la même valeur. On dira
que les états cohérents saturent cette inégalité, au sens où ∆N̂∆φ = 1

2 .
Les états cohérents représentent bien le champ dans une cavité où l’on considère

des mesures plus rapides que le temps de vie des photons dans la cavité, de sorte qu’elle
peut être considérée comme un système isolé.

Faisceau laser

On passe maintenant à une description en espace libre d’un faisceau se propageant
dans le vide. On ne parlera plus de nombre de photons, mais de flux de photons.
Suivant la référence [12], on définit le champ électrique par :

Ê(t) =
ˆ ∞

0

dω

2π

√
~ω

2ε0cS
(âωe−iωt + â†ωe

iωt). (1.3.27)

On a donc décomposé le champ temporel sur une base d’ondes planes à la pulsation
ω et introduit S, la section typique du faisceau. Il est également possible de prendre
en compte la polarisation du champ en multipliant cette équation par un vecteur de
Jones [14]. Le continuum d’opérateurs annihilation et création satisfait des relations
de commutation légèrement différentes de (1.3.4) :[

âω,â
†
ω′

]
= 2πδ(ω − ω′), (1.3.28)

[âω,âω′ ] =
[
â†ω,â

†
ω′

]
= 0. (1.3.29)

Les opérateurs ne représentent plus un nombre de photons, mais un nombre de photons
par unité de bande passante en fréquence, d’où le facteur 2π. Comme ce flux est piqué
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autour de la fréquence laser ωL, on simplifie (1.3.27) en :

Ê(t) = E0

(ˆ +∞

−∞

dΩ
2π âωL−Ωe−iΩt

)
e−iωLt + E0

(ˆ +∞

−∞

dΩ
2π â

†
ωL+ΩeiΩt

)
eiωLt, (1.3.30)

avec

E0 =
√

~ωL
2ε0cS

. (1.3.31)

On voit apparaître un jeu d’opérateurs conjugués l’un de l’autre entre les deux paren-
thèses : â(t) et â†(t), associés à l’enveloppe lentement variable du champ :

Ê(t) = E0â(t)e−iωLt + E0â
†(t)eiωLt, (1.3.32)

avec

â(t) =
ˆ +∞

−∞

dΩ
2π âωL−Ωe−iΩt (1.3.33)

et

â†(t) =
ˆ +∞

−∞

dΩ
2π â

†
ωL+ΩeiΩt. (1.3.34)

â(t) et â†(t) ont pour transformée de Fourier 2 respective :

ã(Ω) = âωL+Ω, (1.3.35)

ã†(Ω) = â†ωL−Ω. (1.3.36)

Ils correspondent aux bandes latérales de la porteuse [15]. Ces bandes latérales, même
dans l’état vide, présentent des fluctuations qui sont hétérodynées avec la porteuse
et sont responsables du bruit de grenaille, aussi appelé shot noise, présent lors d’une
mesure d’intensité par exemple. Les bruits du faisceau à une fréquence donnée sont
donc dus aux deux modes associés aux bandes latérales et le bruit sera caractérisé par
la présence, ou non, de corrélations entre elles.

Ces deux modes fréquentiels sont couplés, puisque l’on montre sans difficulté que :[
ã(Ω),ã†(Ω′)

]
= 2πδ(Ω + Ω′), (1.3.37)[

ã†(Ω),ã†(Ω′)
]

= [ã(Ω),ã(Ω′)] = 0. (1.3.38)

Ceci nous permet de trouver les commutateurs associés au champ temporel :

[â(t),â†(t′)] = δ(t− t′), (1.3.39)[
â†(t),â†(t′)

]
=
[
â(t),â(t′)

]
= 0. (1.3.40)

Dans la suite, on voudra linéariser les expressions : on considère le champs moyen α,
un complexe, accompagné des fluctuations décrites par un opérateur δâ(t). À partir

2. On utilise la convention f(Ω) =
´ +∞
−∞ dtf(t)eiΩt et f(t) =

´ +∞
−∞

dΩ
2π f(Ω)e−iΩt.
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Figure 1.4 – Représentation d’un faisceau laser de pulsation ωL. La porteuse peut être
considérée comme classique tandis que les bandes latérales sont dans l’état vide. Leurs
fluctuations quantiques sont représentées par le nuage rouge. Les pointillés représentent
l’incertitude sur la localisation des deux bandes latérales dans le plan complexe à Ω.

de là, tout se passe comme si l’état quantique du système était le vide puisque seul le
mode à la fréquence de la porteuse est peuplé de photons. Par ailleurs, on définit :

δp̂(t) = δâ(t) + δâ†(t), (1.3.41)

δq̂(t) = i
(
δâ†(t)− δâ(t)

)
, (1.3.42)

les quadratures d’amplitude et de phase respectivement. L’opérateur décrivant l’enve-
loppe du faisceau s’écrit alors :

â(t) = a+ δp̂(t)
2 + i

δq̂(t)
2 . (1.3.43)

Cette expression contient a priori uniquement des bruits quantiques, mais nous pou-
vons y adjoindre des bruits et signaux classiques.

Modulations classiques

Les phénomènes classiques sont pris en compte en ajoutant des nombres complexes
aux opérateurs quantiques introduits. Ces nombres complexes peuvent tout aussi bien
être une certaine fonction périodique du temps, on définit alors une modulation cohé-
rente du faisceau, qu’une grandeur stochastique, on modélise ainsi un bruit incohérent.
Nous présentons ici le traitement de modulations sinusoïdales, un exemple de traite-
ment de bruit classique est donné au chapitre 4.

Une modulation classique d’amplitude du faisceau à la pulsation Ωmod et de pro-
fondeur de modulation ε s’écrit :

a(t) = α (1 + ε cos (Ωmodt)) , (1.3.44)

= α+ αε

2
(
eiΩmodt + e−iΩmodt

)
. (1.3.45)
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Apparaissent donc deux bandes latérales décalées de Ωmod ; de l’énergie a été transférée
de la porteuse vers les bandes latérales. Ces bandes latérales sont parfaitement corrélées
et en phase avec la porteuse. Concernant les opérateurs fréquentiels, nous avons alors :

ã(Ωmod) = αε

2 + ãq(Ωmod), (1.3.46)

ã(−Ωmod) = αε

2 + ãq(−Ωmod). (1.3.47)

Les opérateurs indicés q représentent le bruit quantique toujours présent. Des relations
identiques existent pour ã†(Ωmod) et ã†(−Ωmod).

On pourra représenter la modulation dans l’espace de Fresnel en ajoutant deux
vecteurs tournant en sens inverse au vecteur associé à la porteuse (voir la figure 1.5).
Comme les bandes latérales sont en phase, leur somme est toujours sur l’axe prolon-
geant la porteuse : on ne modifie bien que la quadrature d’amplitude ; nous avons
clairement dans la représentation temporelle :

δp̂(t) = αε cos (Ωmodt) + δqp̂(t), (1.3.48)
δq̂(t) = δqq̂(t). (1.3.49)

Le cas d’une modulation de phase à la pulsation Ωmod et de profondeur de modu-
lation ε se traite sans guère plus de difficultés 3 :

a(t) = α exp [iε cos (Ωmodt)] , (1.3.50)

≈ α+ iαε

2
(
eiΩmodt + e−iΩmodt

)
. (1.3.51)

À la différence du cas d’une modulation d’amplitude, les bandes latérales sont en
quadrature avec la porteuse : la somme de leurs vecteurs associés dans l’espace de
Fresnel ne modifie que la phase de la lumière (voir la figure 1.5).

Nous pouvons écrire les opérateurs associés à la modulation de phase en représen-
tation temps et fréquence :

ã(Ωmod) = iαε

2 + ãq(Ωmod), (1.3.52)

ã(−Ωmod) = iαε

2 + ãq(−Ωmod), (1.3.53)

et

δp̂(t) = δ̂qp(t), (1.3.54)

δq̂(t) = αε

2 cos (Ωmodt) + δ̂qq(t). (1.3.55)

Dans le cas de bruits, et non plus de modulations cohérentes, d’autres outils doivent
être introduits.

3. Nous nous restreignons ici à une faible profondeur de modulation de sorte que deux bandes
latérales uniques naissent. Un traitement analytique exact est possible, une infinité de bande latérales
apparaissent alors (voir la section 2.5.1).
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Figure 1.5 – Représentation des modulations classiques d’intensité et de phase d’un
faisceau laser de pulsation ωL, superposées au bruit quantique en rouge. La porteuse
peut être considérée comme classique, tout comme les bandes latérales dues aux mo-
dulations. Nous avons représenté à droite la vision de la modulation dans l’espace de
Fresnel et à gauche la vision du phénomène en terme de bandes latérales.

Calcul des corrélateurs

On appelle corrélateurs du champ les termes de la forme 〈ab〉 où a,b désignent
deux opérateurs, aussi bien temporels que fréquentiels 4. 〈〉 désigne la moyenne sur
l’état quantique, le vide donc, ou statistique dans le cas classique.

Concernant les opérateurs fréquentiels, on montre facilement en utilisant (1.3.29)
que le seul corrélateur non nul est :

〈
δãΩδã

†
Ω′
〉

= 2πδ(Ω + Ω′). (1.3.56)

De là, le seul corrélateur non nul du champ temporel est :

〈
δâ(t)δâ†(t′)

〉
= δ(t− t′). (1.3.57)

Ces quantités permettent le calcul du spectre de bruit des grandeurs qui nous inté-
ressent.

4. temporel pour les deux opérateurs, ou fréquentiel pour les deux opérateurs
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Calcul des spectres et des spectres croisés de bruit

Le spectre d’une grandeur x quantique ou classique, donc réelle, stationnaire est
définie par le théorème de Wiener-Khintchine :

Sx[Ω] =
ˆ +∞

−∞
〈x(t)x(t+ τ)〉 eiΩτdτ. (1.3.58)

En outre, on peut réécrire 5 cette équation avec des corrélateurs fréquentiels :

2πδ(Ω + Ω′)Sx(Ω] =
〈
x[Ω]x[Ω′]

〉
(1.3.59)

Similairement, on définit le spectre croisé Cxy de deux grandeurs x et y selon :

Cxy[Ω] =
ˆ +∞

−∞
〈x(t)y(t+ τ)〉 eiΩτdτ, (1.3.60)

2πδ(Ω + Ω′)Sxy[Ω] =
〈
x[Ω]y[Ω′]

〉
, (1.3.61)

qui vérifie

Cyx[Ω] = Cxy[Ω]?. (1.3.62)

On peut d’ailleurs définir dans le cas général un coefficient de corrélation fréquentiel
cxy(Ω) par :

cxy[Ω] = Cxy[Ω]√
Sxx[Ω]Syy[Ω]

. (1.3.63)

Ce coefficient, parfois appelé cohérence des signaux, quantifie la similitude des fluctua-
tions de deux grandeurs.

Dans le cas quantique, l’ordre des opérateurs est important, ainsi des ordres dif-
férents donnent des spectres différents. En outre, la fonction de corrélation que nous
mesurons expérimentalement se doit d’être une observable du système ; elle doit cor-
respondre à un opérateur hermitique. Ceci traduit le fait que nous devons considérer
la fonction de corrélation symétrisée.

En effet, si nous considérons deux observables A et B, un choix de fonction de corré-
lation possible serait

〈
Â(t)B̂(0)

〉
. L’opérateur Â(t)B̂(0) n’est pas hermitique puisqu’il

a pour conjugué B̂(0)Â(t) et que Â(t) et B̂(0) n’ont pas de raison de commuter. Le
caractère non hermitique de Â(t)B̂(0) donne une fonction de corrélation complexe,
donc non mesurable, ayant une symétrie hermitienne pour un état stationnaire :〈

Â(t)B̂(0)
〉

=
〈
Â(−t)B̂(0)

〉?
. (1.3.64)

Ceci conduit à des spectres certes réels mais asymétriques en fréquence. Cette asymé-
trie correspond à une différentiation des processus d’absorption et d’émission entre le
système et le détecteur qui n’existe pas pour des processus classiques [16]. Pour surmon-
ter cette difficulté, nous symétrisons l’opérateur Â(t)B̂(0) et considérons la fonction de

5. Le facteur 2π dans cette relation dépend de la convention utilisée pour la transformée de Fourier.
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corrélation
〈
Â(t)B̂(0) + B̂(0)Â(t)

〉
/2, qui est bien réelle et par suite observable. Les

spectres quantiques sont donc définis par :

S[Ω] =
ˆ +∞

−∞

〈
â(t)b̂(0) + b̂(0)â(t)

〉
2 eiΩtdt. (1.3.65)

Nous allons voir que la prise en compte de l’impératif de travailler avec des quantités
symétrisées permet une simplification substantielle des calculs.

1.3.2 Formalisme quasi-classique d’entrée-sortie

On se propose de remplacer les opérateurs δâ(t) et δâ†(t) par des nombres com-
plexes. Plusieurs, une infinité en fait, pseudo-densités de probabilité existent et per-
mettent de "simuler" un état quantique. Parmi celles-ci, il en est-une qui est particu-
lièrement avantageuse pour :

— les états gaussiens, et en particulier cohérents, incidents,
— les interactions paramétriques, ou Hamiltoniens d’ordre 2.

C’est la distribution de Wigner [17]. Elle est particulièrement simple pour un état
cohérent : c’est une gaussienne à deux dimension avec la même variance dans les deux
directions, de plus, elle reste gaussienne si le système évolue selon un Hamiltonien
quadratique et son évolution dans l’espace des phases suit l’évolution classique du
système [18].

Elle permet le calcul des quantités symétrisées d’un système quantique :

〈
F (a,a†)

〉
s

=
ˆ
d2αW (α,α?)FW (α,α?) (1.3.66)

F désigne une certaine fonction, 〈〉s signifie qu’on effectue la moyenne sur l’état quan-
tique de l’opérateur F (a,a†) symétrisé et FW désigne l’image de F dans la représenta-
tion de Wigner. On a par exemple :

1
2
〈
ââ† + â†â

〉
=
ˆ
d2αW (α,α?)|α|2. (1.3.67)

En remplaçant nos opérateurs par les grandeurs stochastiques δα et δα?, nous al-
lons pouvoir calculer simplement l’évolution des bruits d’un système optomécanique et
calculer les spectres symétrisés associés qui sont les grandeurs mesurables expérimen-
talement.

Pour que la procédure fonctionne, il faut que δα et δα? obéissent à une certaine
statistique, à savoir, leurs fonctions de corrélation doivent correspondre à la fonction
de corrélation symétrisée des opérateurs quantiques associés. Nous avons dans notre
cas : 〈

δα(t)δα(t′)
〉

=
〈
δα?(t)δα?(t′)

〉
= 0, (1.3.68)〈

δα(t)δα?(t′)
〉

= 1
2δ(t− t

′). (1.3.69)
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Ces relations nous autorisent à étendre la procédure aux quadratures de phase et
d’amplitude : 〈

δp(t)δp(t′)
〉

=
〈
δq(t)δq(t′)

〉
= δ(t− t′), (1.3.70)〈

δp(t)δq(t′)
〉

= 0, (1.3.71)

Toutes les expressions temporelles ont leur pendant fréquentiel :〈
δα(Ω)δα(Ω′)

〉
=
〈
δα?(Ω)δα?(Ω′)

〉
= πδ(Ω + Ω′), (1.3.72)〈

δα(Ω)δα?(Ω′)
〉

= 0, (1.3.73)〈
δp(Ω)δp(Ω′)

〉
=
〈
δq(Ω)δq(Ω′)

〉
= 2πδ(Ω + Ω′), (1.3.74)〈

δp(Ω)δq(Ω′)
〉

= 0. (1.3.75)

On est alors en mesure de calculer les caractéristiques spectrales des états cohérents
par (1.3.58) ou (1.3.59) :

Spp[Ω] = Sqq[Ω] = 1, (1.3.76)
Cpq[Ω] = 0. (1.3.77)

Les fluctuations de phase et d’amplitude sont donc des bruits blancs décorrélés pour un
état cohérent. Il est possible d’introduire des corrélations entre la phase et l’intensité :
nous obtenons des états dits "comprimés". De tels états présentent certaines de leurs
quadratures avec un bruit inférieur à celui du vide. Nous verrons que le couplage
optomécanique notamment permet la création de ces états.

Traitement des pertes dans un système quantique

Supposons que l’on envoie un faisceau laser âin(t) = ain + δâin(t) sur une densité
optique de transmission

√
T en amplitude. Classiquement, on aurait une réduction de

la porteuse par
√
T ainsi que des bandes latérales.

Si cela était vrai quantiquement, on aurait âout(t) =
√
Tain +

√
Tδâin(t), mais alors

on obtiendrait [âout(t),â†out(t)] 6= 1 et donc âout(t) ne serait plus un bon mode optique.
La procédure n’est donc pas satisfaisante.

En fait, à chaque canal de perte est associée l’adjonction d’un bruit quantique âv.
On dit couramment que "le vide rentre dans le système" 6 pour rétablir les relations de
commutation habituelles. Quantiquement, le champ devient finalement :

âout(t) =
√
Tain +

√
Tδâin(t) +

√
1− T âv(t), (1.3.78)

de sorte que le commutateur est conservé.
La porteuse du signal est atténuée tout comme les bandes latérales, sauf que celles-

ci sont complétées par un nouveau bruit quantique, incohérent, ceci afin de conserver
la taille minimale d’un état dans l’espace des phases. Toute perte doit être prise en
compte par l’addition d’un nouveau bruit quantique.

6. Ceci est vrai à condition que le bain d’oscillateurs harmoniques auxquels le système se couple soit
dans son état fondamental. Cela est vrai pour un champ optique mais faux pour un champ micro-onde
ou un résonateur mécanique à température ambiante.
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Figure 1.6 – Un faisceau est atténué par une densité représentée par un cube sépara-
teur non-polarisant. Les pertes mélangent les fluctuations du faisceau incident à celles
du vide.

1.3.3 Application à une cavité optomécanique

On utilise le formalisme d’entrée-sortie quasi-classique pour décrire l’interaction
d’une cavité optique de grande finesse avec le champ incident de vecteur d’onde k =
ωL/c. Le coupleur présente une transmission

√
T en amplitude. Des pertes optiques P

sont présentes. Elles proviennent notamment de la transmission non nulle du miroir de
fond, mais aussi de la rugosité des miroirs ainsi que de leur taille finie, lesquelles sont
responsables de pertes par diffraction.

Figure 1.7 – Un faisceau est envoyé dans la cavité. Le bruit d’intensité intracavité
agit sur le résonateur, modélisé par un oscillateur de masse M , de fréquence ΩM et
d’amortissement ΓM. La cavité est constituée d’un coupleur de transmission T et on
considère que les pertes du champ optique se font uniquement sur le résonateur.
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Équations classiques

Le champ dans la cavité α(t) est le produit de l’interférence du champ incident
αin(t) transmis par le coupleur et du champ précédemment dans la cavité α′(t), réfléchi
par ce même coupleur. Quant au champ réfléchi, il est l’interférence du champ incident
directement réfléchi par le coupleur et du champ dans la cavité toujours transmis par
le coupleur (voir la figure 1.7) :

α(t) =
√
Tαin +

√
1− Tα′(t), (1.3.79)

αout(t) =
√
Tα′(t)−

√
1− Tαin(t). (1.3.80)

Bien sûr, le champ dans la cavité subit un déphasage Ψ(t) dû au temps de propagation
τ dans la cavité, lié à la longueur L(t) de la cavité à l’instant t. On suppose que L
fluctue autour d’une position moyenne L0 telle que la lumière y soit résonnante — le
déphasage est alors un multiple de 2π — et que les fluctuations soient assez faibles
pour ne pas modifier τ de façon significative :

L(t) = L0 + δx(t), (1.3.81)

τ = 2L(t)
c
≈ 2L0

c
, (1.3.82)

Ψ(t) = 2kL(t)[2π] ≈ 2kδx(t). (1.3.83)
Le champ α′(t) dans la limite d’une grande finesse (T,P � 1) vérifie :

α′(t) =
(

1− P

2

)
α(t− τ)eiΨ(t) +

√
Pαv. (1.3.84)

Le champ αv représente le vide entrant dans le système à cause des pertes. En se
plaçant de plus dans la limite d’une cavité quasi-résonnante, Ψ(t)� 1, on aboutit en
négligeant les termes du deuxième ordre à :

α′(t) =
(

1− P

2 + iΨ(t)
)
α(t)− τ dα(t)

dt
+
√
Pαv. (1.3.85)

En combinant les équations (1.3.80), (1.3.79) et (1.3.85), toujours en ne gardant que
les termes du premier ordre et en introduisant le taux de relaxation total du système
γ = (T + P )/2, on trouve le système d’équations :

τ
dα

dt
=
√
Tαin(t) +

√
Pαv(t)− (γ − iΨ(t))α(t), (1.3.86)

αout(t) =
√
Tα(t)− αin(t). (1.3.87)

Nous allons maintenant résoudre ces équations dans le cadre du formalisme quasi-
classique.

Caractérisation des cavités

Nous commençons par linéariser les équations (1.3.86) et (1.3.87) autour des valeurs
moyennes de la solution en posant :

α(t) = ᾱ+ δα(t), (1.3.88)
Ψ(t) = Ψ̄ + δΨ(t), (1.3.89)
ᾱv = 0. (1.3.90)
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|ᾱ|2 donne l’intensité moyenne en photons par secondes dans la cavité. Ψ̄ est le désac-
cord moyen avec la cavité et pourra contenir plusieurs contributions : recul moyen dû à
la pression de radiation, offset dans le signal d’asservissement à la cavité. . . Un rapide
calcul donne :

ᾱ =
√
T

γ − iΨ̄
ᾱin, (1.3.91)

ᾱout = γ − P + iΨ̄
γ − iΨ̄

ᾱin. (1.3.92)

La réflexion en intensité de la cavité a donc un profil lorentzien en fonction du désac-
cord. Cette lorentzienne a une largeur totale à mi-hauteur donnée par 2γ. La réflexion
est minimale à résonance car la lumière est réfléchie un plus grand nombre de fois par
les miroirs de la cavité, et donc subit plus de pertes. Une cavité sans pertes induit juste
un déphasage de la lumière. À résonance, les champs sont donnés par :

ᾱ =
√
T

γ
ᾱin, (1.3.93)

ᾱout = γ − P
γ

ᾱin. (1.3.94)

Tous les champs sont en phase à résonance optique et nous pouvons considérer les
champs moyens comme réels. En définissant la finesse de la cavité comme le rapport
de la largeur totale à mi-hauteur et de l’intervalle spectral libre — c’est-à-dire la
distance entre deux résonances, donc 2π en déphasage —, on a un lien entre finesse,
intensité incidente moyenne Ī et intensité intracavité moyenne Īin :

F = 2π
T + P

, (1.3.95)

Ī = F
2(2γ − P )
π2 Īin. (1.3.96)

La puissance intracavité est amplifiée par la finesse au carré. On voit aussi qu’elle est
réduite à mesure que les pertes deviennent prépondérantes sur la transmission. On
définit un coefficient pour comparer l’importance relative de l’une sur l’autre : R0,
défini comme le rapport de l’intensité réfléchie sur l’intensité incidente :

R0 = ĪΨ̄=0
out
Īin

=
(
T − P
T + P

)2
. (1.3.97)

Si la transmission est égale aux pertes, on parle de couplage critique, alors le champ
réfléchi est nul en moyenne.

On n’a pas pris en compte le profil spatial du faisceau jusqu’ici. Celui-ci doit être
adapté à la géométrie de la cavité.

Adaptation spatiale du faisceau

Une cavité optique possède des modes propres du champ électromagnétique : tout
champ dans un mode propre se propage dans la cavité sur un aller-retour sans modifi-
cation spatiale. Dans le cas d’une cavité à miroirs sphériques ou plans (concave-concave
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ou plan-concave, par exemple), ses modes correspondent à la base de Hermite-Gauss :
l’extension transverse du faisceau est le produit d’une gaussienne et de deux polynômes
de Hermite d’ordre m et n. On désigne l’ordre d’un mode par le couple (m,n) et en
particulier le couple (0,0) est appelé mode fondamental de la cavité : c’est une gaus-
sienne. Ces modes propres forment une base, il est alors possible d’écrire tout champ
incident comme une superposition des ces modes :

Ein(rrr, t) = u(rrr)αin(t)e−iωLt + c.c (1.3.98)
=
∑
m,n

um,n(rrr)αn,m(t)e−iωLt + c.c (1.3.99)

= u0,0(rrr)α0(t)e−iωLt + u′(rrr)α′(t)e−iωLt + c.c (1.3.100)

Si l’adaptation n’est pas parfaite, une partie du faisceau n’est pas résonnante 7et est
directement réfléchie par la cavité. On définit η, paramètre caractérisant l’adaptation
spatiale du faisceau comme le rapport de l’intensité qui entre effectivement dans la
cavité et l’intensité incidente totale :

η = |α0|2

|αin|2
. (1.3.101)

La partie du champ qui n’a pas interagi avec le miroir mobile ajoute du bruit sur la
mesure de déplacement. Le paramètre R0 est modifié selon :

R0 = η

[(
T − P
T + P

)2
− 1

]
+ 1, (1.3.102)

de sorte que si l’adaptation est parfaite on retrouve (1.3.97) et R0 tend vers 1 lorsque
l’on dégrade l’adaptation spatiale puisque la lumière qui ne rentre pas dans la cavité
ne subit pas de pertes.

Pour que l’adaptation soit bonne, il faut que le faisceau incident soit bien mis en
forme c’est-à-dire qu’il ait un profil le plus proche possible d’un mode de la cavité.
En particulier, son col optique w0 doit avoir la bonne taille, donnée pour une cavité
plan-concave par [20] :

w2
0 = λ

π

√
L(R− L). (1.3.103)

λ est la longueur d’onde du laser, R est le rayon de courbure du coupleur et L la
longueur de la cavité. Il faut aussi bien sûr que ce col optique soit positionné au bon
endroit, par exemple ici au niveau du miroir plan. Dans cette configuration, le front
d’onde du champ intracavité épouse parfaitement la courbure des miroirs.

1.3.4 Cas des fluctuations

On considère la cavité à résonance. On se place dans le domaine de Fourier : on
prend les équations (1.3.86) et (1.3.87) que l’on linéarise à nouveau autour des champs

7. Il se peut que plusieurs modes soient résonnants en même temps, voir par exemple [19].
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moyens et on effectue la transformée de Fourier des fluctuations. On trouve alors :

(γ − iΩτ)δα[Ω] =
√
T δαin[Ω] +

√
Lδαv[Ω] + iᾱ δΨ[Ω], (1.3.104)

δαout[Ω] =
√
Tδα[Ω]− δαin[Ω]. (1.3.105)

Comme les champs moyens sont en phase à résonance, on peut les supposer réels.
En rappelant que δΨ(t) = 2kδx(t), on peut réexprimer les relations précédentes en
utilisant les quadratures de phase et d’amplitude :

δpout[Ω] = γ − L+ iΩτ
γ − iΩτ δpin[Ω] +

√
TL

γ − iΩτ δp
v[Ω], (1.3.106)

δqout[Ω] = γ − L+ iΩτ
γ − iΩτ δqin[Ω] +

√
TL

γ − iΩτ δq
v[Ω] + 4

√
T

γ − iΩτ ᾱ kδx[Ω]. (1.3.107)

Le dénominateur des équations précédentes nous indique la présence d’un effet de
filtrage de la cavité et nous conduit naturellement à définir la bande passante de la
cavité comme :

Ωc = γ/τ. (1.3.108)

Seule la quadrature de phase est sensible aux déplacements du miroir, filtrés par la
cavité et amplifiés par la finesse. La cavité étant parfaitement à résonance, l’amplitude
est maximale et donc la quadrature d’amplitude n’est sensible qu’au deuxième ordre
au déplacement mécanique. Nous verrons que en dehors de la résonance optique, la
quadrature d’amplitude est sensible au déplacement du miroir et que cela pose des
contraintes expérimentales importantes.

En outre, la bande passante finie de la cavité impose des contraintes sur la taille de
celle-ci. Les résonateurs que nous utilisons ont des fréquences de résonance de quelques
mégahertz. Il faut donc pouvoir maintenir une finesse élevée tout en gardant une grande
bande passante et donc travailler avec des cavités courtes. En effet, en combinant les
équations (1.3.95) et (1.3.108), on trouve que finesse, longueur de cavité et bande
passante sont liées par :

Ωc = πc

2LF . (1.3.109)

La cavité est un amplificateur, avec une contrainte de produit gain par bande-passante
constant pour une longueur de cavité fixée.

1.4 Limite quantique standard

On souhaite mesurer un déplacement δxsig(t). Nous avons vu qu’en augmentant
l’intensité incidente, on augmente le signal sur la quadrature de phase. Cependant, en
augmentant l’intensité, on est confronté à la réponse du miroir à la pression de radia-
tion. Ceci conduit à l’existence d’une limite quantique standard dans la précision d’une
mesure de déplacements en cavité. Commençons par décrire le résonateur mécanique.
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1.4.1 Le résonateur mécanique

Le résonateur est assimilé à un oscillateur mécanique faiblement amorti de fré-
quence de résonance intrinsèque ΩM/2π, de facteur de qualité Q� 1 et de masse M .
Il a pour susceptibilité généralisée χ[Ω] [21] :

χ[Ω] = 1
M(Ω2

M − Ω2 − iΓMΩ)
. (1.4.1)

ΓM est lié au facteur de qualité par Q = ΩM/ΓM et caractérise le taux de perte
d’énergie du système. La réponse du résonateur est une lorentzienne de largeur ΓM.
Ultimement, un mode mécanique est décrit par la mécanique quantique et est donc
décrit par des opérateurs création et annihilation, similaires à ceux caractérisant le
champ électromagnétique intracavité. Le concept de photon est remplacé par celui de
phonon. Un résonateur est toujours en mouvement, même à température nulle : il est
animé d’un mouvement de point zéro. Son amplitude sera d’autant plus grande que la
masse et la fréquence du mode seront faibles.

En réalité, le résonateur est composé d’une infinité d’oscillateurs. En effet, le mou-
vement de tout objet peut être décomposé sur la base des modes de vibration, à l’instar
des modes électromagnétiques d’une cavité optique. Pour chaque objet, il existe une
infinité de modes de vibration dont les propriétés de masse, fréquence et facteur de
qualité peuvent être très différentes.

Le facteur de qualité est une mesure du couplage du mode à l’environnement. Si
ce couplage est associé à des pertes énergétiques, il doit aussi être un canal d’entrée
de fluctuations : le bruit thermique.

Bruit thermique

Le couplage avec l’environnement est décrit dans le cadre théorique de la réponse
linéaire par le théorème fluctuations-dissipation. Il associe à toute dissipation une force
généralisée de spectre [21] :

ST
F [Ω] = 2~ Im(χ[Ω])

|χ[Ω]|2
(1

2 + n̄

)
. (1.4.2)

Nous définissons n̄, le nombre moyens de phonons dans les modes du bain thermique
à la température T . Les phonons suivent la statistique de Bose-Einstein :

n̄ = 1

e
~ΩM
kBT − 1

. (1.4.3)

Le résonateur répond en position à cette force selon sa susceptibilité :

Srad
x [Ω] = |χ[Ω]|2ST

F [Ω]. (1.4.4)

Pour les grands facteurs de qualités considérés ici, |χ[Ω]|2 est très piqué à la pulsation
mécanique, tandis que ST

F [Ω] décroît bien plus lentement. On peut donc approximer
ST
F [Ω] par sa valeur à la pulsation mécanique et on traite le spectre de force comme
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un bruit blanc ; le temps de mémoire de l’environnement étant bien plus faible que le
temps de mémoire de l’oscillateur :

ST
F [ΩM] = 2~MΓMΩM

(1
2 + n̄

)
. (1.4.5)

Nous voyons que le spectre de force ne s’annule pas à température nulle. Il est alors
responsable des fluctuations de point zéro du résonateur. Celles-ci sont donc données
par :

Szpm
x [Ω] = ~ΓMΩM

M
[(

Ω2
M − Ω2)2 + Γ2

MΩ2
] . (1.4.6)

Pour le résonateur utilisé dans cette thèse, une masse de l’ordre de 100 mg avec un
facteur de qualité de 500 000 à une fréquence de 1 MHz, on trouve une extension typique
de 10−19 m/

√
Hz à résonance mécanique.

Nous travaillons à température ambiante et dans cette limite (kBT � ~ΩM), le
spectre de force thermique est très bien approximé par :

ST
F [Ω] = 2MΓMkbT. (1.4.7)

De nombreuses expériences ont mis en évidence le caractère quantique du résona-
teur, que ce soit en réduisant le bruit d’une de ses quadratures au dessous du mou-
vement de point zéro [22], en refroidissant le résonateur dans son état fondamental
via la pression de radiation [23, 24] ou effet piézoélectrique [25] ou encore en le re-
froidissant par rétroaction [26] et en mesurant l’asymétrie des bandes latérales qui en
résulte [27, 28, 29]. Il faut d’ailleurs remarquer que le refroidissement jusqu’à l’état fon-
damental de résonateurs mécaniques via la pression de radiation est la première mise
en évidence des corrélations optomécaniques [30]. On peut aussi intriquer le résonateur
mécanique avec la lumière [31] ou bien mettre en évidence le couplage fort entre le ré-
sonateur et le champ intracavité donnant lieux à une hybridation des deux [32, 33, 34].

Pression de radiation

Chaque photon est porteur d’une impulsion ~k. Ainsi, lors de sa réflexion sur le
miroir et en vertu de la conservation de l’impulsion du système composé des photons
et du miroir, celui-ci reçoit alors une impulsion 2~k. Le flux de photons intracavité est
donc responsable d’une force fluctuante :

Frad(t) = 2~k
(
ᾱ2 + ᾱδp(t)

)
, (1.4.8)

Frad(t) = F̄rad + δFrad(t), (1.4.9)

avec

F̄rad = 2~kᾱ2, (1.4.10)
δFrad(t) = 2~kᾱδp(t). (1.4.11)

La valeur moyenne de cette force pour notre système en considérant une puissance
incidente de 1 mW est de l’ordre de 300 nN, tandis que les fluctuations sont de l’ordre
de 5× 10−17 N/

√
Hz seulement si seules les fluctuations quantiques sont présentes.
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L’effet statique de la pression de radiation est de faire reculer le miroir d’une quan-
tité qui dépend de la puissance, ce qui change l’accord de la cavité et modifie l’intensité
intracavité à haute intensité. Ces deux effets peuvent entraîner un comportement bis-
table de la cavité. Cet effet a été rapporté dès 1983 [35]. Nous allons voir que les
fluctuations de force, elles, vont avoir un effet sur la limite de sensibilité en déplace-
ment de la cavité.

1.4.2 Bruits sur la mesure

On souhaite mesurer un certain déplacement δxsig du miroir, les fluctuations de
désaccord de la cavité sont alors données par :

δΨ[Ω] = δΨsig[Ω] + δΨrad[Ω], (1.4.12)

avec

δΨsig[Ω] = 2kδxsig[Ω], (1.4.13)
δΨrad[Ω] = 2kδxrad[Ω], (1.4.14)
δxrad[Ω] = χ[Ω]δFrad[Ω]. (1.4.15)

Le bruit de pression de radiation représente l’action en retour de la mesure, inhérente à
toute mesure quantique. À l’aide de (1.3.107), et en se rappelant que Sin

q [Ω] = Sv
q [Ω] =

1, le spectre de phase en sortie est :

Sout
q [Ω] = 1 + 4

(
T

T + P

)2 (8F
λ

)2 Ī in

1 + (Ω/Ωc)2

(
Ssig
x [Ω] + Srad

x [Ω]
)
. (1.4.16)

Le premier terme de cette équation correspond au bruit de phase quantique de la
lumière. Le deuxième terme a plusieurs contributions. Le terme en T/(T +P ) indique
que le signal est dégradé par la présence de pertes qui font rentrer le vide. Apparaît
ensuite l’effet de la finesse, qui donne l’amplification du signal par la cavité. En outre,
le signal est corrigé par le filtrage de la cavité. Le fait que l’intensité incidente moyenne
influe sur la qualité de la mesure pourrait nous faire penser qu’il faut travailler à haute
intensité pour passer au dessus du bruit de photons.

En fait, l’intensité incidente influe elle aussi sur le bruit de pression de radiation
qui peut être écrit :

Srad
x [Ω] = ~2|χ[Ω]|2

(
T

T + P

) (8F
λ

)2 Ī in

1 + (Ω/Ωc)2 . (1.4.17)

Cette expression témoigne, là encore, des effets d’amplification et de filtrage de la
cavité. Le signal sera mesurable s’il est plus important que les divers bruits présents :

Ssig
x [Ω] ≥ 1

4

(
T + P

T

)2 ( λ

8F

)2 1 + (Ω/Ωc)2

Ī in +

~2|χ[Ω]|2
(

T

T + P

)(8F
λ

)2 Ī in

1 + (Ω/Ωc)2 . (1.4.18)
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Le terme du haut définit l’imprécision de la mesure et le spectre en déplacement associé
Simp
x [Ω]. Il est lié au bruit de photons. On voit qu’un compromis sur l’intensité incidente

est nécessaire : si on augmente Ī in, on diminue l’imprécision de la mesure mais alors
on augmente l’action en retour pour une pulsation Ω fixée.

La somme des deux contributions est minimale à une intensité ISQL[Ω] définie par :

ISQL[Ω] =
(
T + P

T

)3/2 ( λ

8F

)2 1 + (Ω/Ωc)2

2~|χ[Ω]| . (1.4.19)

L’intensité SQL permet en outre de réécrire les relations précédentes d’une façon élé-
gante :

Srad
x [Ω] = ~|χ[Ω]|

2

√
T + P

T

Ī in

ISQL[Ω] , (1.4.20)

Simp
x [Ω] = ~|χ[Ω]|

2

√
T + P

T

ISQL[Ω]
Ī in , (1.4.21)

Sout
q [Ω] = 1 + Ssig

x [Ω] + Srad
x [Ω]

Simp
x [Ω]

. (1.4.22)

Dans l’expérience, l’intensité SQL à résonance mécanique est typiquement de 1014 photon/s,
c’est-à-dire 24µW à 810 nm. Nous pouvons travailler avec jusqu’à 3 mW de puissance
limitée quantiquement, soit 125 fois la SQL. En négligeant l’action en retour, on pour-
rait mesurer des déplacements d’amplitude spectrale aussi petite que 10−20 m/

√
Hz.

Toutefois, l’action en retour n’est pas négligeable puisqu’elle est responsable de dépla-
cements d’amplitude spectrale 10−18 m/

√
Hz.

Le déplacement minimal qui peut être résolu par la cavité à l’intensité Ī in, Smin
x [Ω]

est donné par :

Smin
x [Ω] =

√
T + P

T

~|χ[Ω]|
2

(
I in

ISQL[Ω] + ISQL[Ω]
I in

)
. (1.4.23)

La sensibilité SQL est alors exprimée par :

SSQL
x [Ω] =

√
T + P

T
~|χ[Ω]|. (1.4.24)

Remarquons que cette limite, hormis les pertes optiques, ne fait intervenir que des gran-
deurs caractéristiques du résonateur. Elle n’est pas fondamentale, au sens où nous nous
sommes privés de jouer avec tous les moyens que nous offre la mécanique quantique.
Si on se l’autorise, la sensibilité maximale est donnée par la dissipation du résonateur
uniquement, et devient ~ Im(χ[Ω]) [36], si l’on néglige les pertes optiques. Cette nou-
velle limite se comprend car seule la dissipation entraîne une perte d’information sur
le système et que la dissipation est donnée par la partie imaginaire de la susceptibilité
mécanique.



1.5. Corrélations induites par le couplage optomécanique 23

On peut comparer la limite SQL aux mouvements de point zéro du résonateur
Szpm
x [ΩM] à résonance mécanique. On trouve alors que :

Smin
x [ΩM] =

√
T + P

T

Szpm
x [ΩM]

2

(
I in

ISQL[ΩM] + ISQL[ΩM]
I in

)
, (1.4.25)

Szpm
x [ΩM] = ~|χ[Ω]M|. (1.4.26)

Comme Szpm
x [ΩM] est le spectre de déplacement de point zéro du résonateur, tout se

passe comme si le déplacement minimal accessible, à l’intensité SQL, était composé de
1/4 de phonon dû à l’imprécision et 1/4 de phonon dû à l’action en retour de la mesure.
Ainsi, à la puissance SQL, le spectre mesuré se compose des fluctuations de point
zéro, équivalentes à 1/2 phonon et 1/2 phonon de bruit. L’analyse se complexifie hors
résonance optique puisqu’alors des corrélations entre tous ces termes sont à prendre
en compte [30].

La situation s’améliore hors de la résonance mécanique puisque l’on a :

SSQL
x [Ω] = χ[Ω]

χ[ΩM]S
SQL
x [ΩM]. (1.4.27)

Cela s’explique par le fait que le résonateur est moins sensible à la pression de radiation.
En outre, comme on le voit sur la figure 1.8, la contribution relative du mouvement de
point zéro diminue fortement devant le bruit de mesure, de sorte que pour un décalage
de quelques largeurs de raie, la sensibilité SQL n’est plus qu’un facteur 2 au dessus de
l’imprécision.

Pour mettre en évidence l’action en retour, on pourrait envoyer un faisceau in-
tense dans la cavité. En mesurant son spectre de phase après son interaction avec le
résonateur, on verrait un pic à la fréquence de résonance dont l’amplitude dépendrait
linéairement de la puissance. Cela n’est pas toujours possible car le mouvement du
résonateur peut être dominé par le bruit thermique, comme dans notre expérience.
Nous allons voir qu’il est possible d’utiliser une technique de corrélations pour mettre
en évidence le couplage optomécanique.

1.5 Corrélations induites par le couplage optomécanique

Comme les fluctuations d’intensité en entrée se retrouvent dans les fluctuations de
phase en sortie du faisceau, ces deux grandeurs sont corrélées. Elles peuvent même être
fortement corrélées si le bruit thermique n’est pas trop fort, au point que les bandes
latérales se retrouvent intriquées et qu’un état comprimé du champ lumineux en sortie
est créé [37].

1.5.1 Génération d’états comprimés par le couplage optomécanique

Nous considérons la cavité comme parfaitement à résonance. Nous réécrivons le
spectre de phase en fonction de l’intensité SQL, des pertes du système et du rap-
port bruit thermique sur bruit de pression de radiation en nous aidant des équa-
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Figure 1.8 – a) Spectre de phase d’un faisceau sortant d’une cavité optomécanique,
en terme de déplacement du miroir, en fonction de la force de la mesure. Deux jeux
de courbes sont tracés. Les couleurs foncées correspondent à une analyse à résonance
mécanique tandis que les couleurs claires correspondent à une analyse hors résonance
mécanique (à 2ΓM). La courbe bleue correspond à l’imprécision et est commune aux
deux jeux. Les courbes magenta sont les sommes des termes de bruit quantique : pres-
sion de radiation, phase et mouvement de point zéro du résonateur et correspondent
au plus petit bruit blanc qui pourra être résolu par la cavité en négligeant le bruit
thermique. Le spectre est tracé en unité de phonon, c’est-à-dire relativement au bruit
à résonance mécanique engendré par 1 phonon. À résonance mécanique et à l’intensité
SQL, Srad

x et Simp
x correspondent au bruit de 1/4 de phonon et 1/2 phonon est natu-

rellement présent dans le mouvement de point zéro : la sensibilité SQL est un facteur
4 au delà de l’imprécision. b) Distribution typique des bruits dans notre expérience,
correspondant au trait rouge sur a), en fonction de la fréquence d’analyse. Celle-ci est
définie relativement à la fréquence de résonance mécanique.

tions (1.4.20), (1.4.21) et (1.4.22) :

Sout
q [Ω] = 1 +

(
Ī in

ISQL[Ω]

)2

+ 2S
T
x [Ω] + Szpm

x [Ω]
SSQL
x [Ω]

Ī in

ISQL[Ω] . (1.5.1)

Le premier terme correspond au bruit de phase quantique, le second à l’action en
retour et le troisième à la mesure du bruit thermique et des fluctuations de point zéro
du résonateur. On peut calculer le spectre croisé en phase et intensité. En considérant
les fluctuations incidentes de phase et d’intensité décorrélées, on trouve une expression
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simple en considérant (1.3.107), (1.4.15) et (1.4.19) :

Cout
qp [Ω] =

√
T

T + P

Ī in

ISQL
ei arg(χ[Ω]). (1.5.2)

L’action en retour augmente en même temps que l’intensité incidente. Les pertes op-
tiques de la cavité font entrer un nouveau bruit décorrélé des fluctuations d’amplitude
incidentes. Ceci a pour effet de réduire le spectre croisé. Quant au spectre d’amplitude
en sortie, il est toujours égal à la limite quantique, donc 1 dans nos unités.

Comme l’interaction est quadratique, l’état gaussien incident donne un état sortant
de la cavité gaussien. En temps que tel, il est parfaitement caractérisé par sa matrice
de covariance Σ[Ω] [38], dont les termes diagonaux sont les spectres associés aux fluc-
tuations de phase et d’amplitude et les termes non-diagonaux sont les spectres croisés.
On rappelle en outre que Cout

pq [Ω] = Cout
qp [Ω]?.

L’écriture de Σ[Ω] ne pose pas de difficulté :

Σ[Ω] =

1
√

T
T+P

Īin

ISQL
ei arg(χ[Ω])√

T
T+P

Īin

ISQL
e−i arg(χ[Ω]) 1 +

(
Īin

ISQL[Ω]

)2
+ 2S

T
x [Ω]+Szpm

x [Ω]
SSQL
x [Ω]

Īin

ISQL[Ω]

 . (1.5.3)

L’effet des pertes est donc de réduire les corrélations entre phase et intensité du fais-
ceau. Nous prenons le parti de les négliger dans la suite afin de simplifier les expressions
sans modifier la physique. La valeur du spectre d’une quadrature généralisée, définie
par (1.3.10), selon un angle θ est donnée par :

Sθ[Ω] =
(

cos(θ) sin(θ)
)

Σ[Ω]
(

cos(θ) sin(θ)
)T

(1.5.4)

= 1 + 1
2

Ī in

ISQL[Ω]

(
Ī in

ISQL[Ω] (1− cos(2θ)) + 2 cos(θ) sin(2θ)
)
. (1.5.5)

On peut alors représenter l’état du champ en sortie dans l’espace des phases en coor-
données polaires en traçant pour chaque angle la racine carrée du spectre. La courbe
obtenue est un lemniscate de Booth.
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Figure 1.9 – Lien entre la représentation des fluctuations des états gaussiens par une
ellipse et un lemniscate de Booth. Le lemniscate (en bleu) est la projection de l’ellipse
(en noir) sur les axes passant par le centre du repère. Les unités en abscisse et en
ordonnée sont en unité de fluctuation quantique. Un bruit de 1 correspond au bruit du
vide.

Les états gaussiens sont traditionnellement représentés par une ellipse. Celle-ci
est obtenue en ne considérant que la partie réelle de la matrice de covariance qui
définit alors une forme quadratique représentant cette ellipse. Le lemniscate de Booth
obtenu en traçant les spectres en coordonnées polaires est en fait la courbe podaire de
l’ellipse précédente [39], avec pour point de référence le centre commun de l’ellipse et du
lemniscate. Comme le montre la figure 1.9, le lemniscate est donné par la projection
de l’ellipse sur les axes passants par le centre du repère. Les deux représentations
sont donc parfaitement équivalentes pour les états gaussiens. Les axes principaux de
l’ellipse donnent les valeurs maximale et minimale que peuvent prendre les quadratures
du champ. Ces valeurs sont reliées aux valeurs propres de la matrice de covariance.
Les angles des quadratures où le bruit est minimal et maximal sont données par les
vecteurs propres de cette même matrice.

Négligeons tout d’abord le bruit thermique, le mouvement de point zéro du réso-
nateur et les pertes optiques. Le déterminant de Σ[Ω] est alors égal à l’unité :

det (Σ[Ω]) = 1. (1.5.6)

Cela signifie que nous sommes en face d’un état quantique pur 8. En outre, on voit sur
la figure 1.10 qu’il existe des quadratures pour lesquelles le bruit est inférieur à celui
du vide. On parle d’état squeezé — ou comprimé — du champ.

8. En prenant en compte le mouvement du résonateur non dû à la lumière elle-même, le déterminant
augmente : la pureté de l’état diminue. Ceci se comprend en remarquant que l’on a effectué une trace
partielle sur le système composé du résonateur et de la lumière.
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Figure 1.10 – Bruits de la lumière quittant une cavité optomécanique en rouge. Le
bruit du vide est symbolisé par le cercle bleu. Si le lemniscate pénètre dans le cercle,
alors le bruit de la lumière est inférieur au vide pour certaines quadratures : l’état est
comprimé. Des informations complémentaires sont données dans le texte, notamment
sur la non-conservation de l’aire des états.
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Figure 1.11 – Squeezing spectral pour un oscillateur de fréquence de résonance 1 MHz
et facteur de qualité 500 000 pour une intensité incidente égale à 100 fois l’intensité
SQL à résonance mécanique. On a en bleu le niveau de bruit de la quadrature la plus
compressée et en rouge l’angle de cette quadrature.

Remarquons que la réduction de bruit est plus importante pour des intensités
incidentes plus importantes, mais que cette réduction de bruit se fait au détriment de
la largeur de la plage des quadratures squeezées. Cela signifie que la réduction de bruit
est de plus en plus difficile expérimentalement à mettre en évidence car la tolérance
sur la phase de la quadrature à mesurer est fortement réduite pour des intensités
incidentes importantes. Il apparaît aussi que la compression de bruit est meilleure là
où la phase de la réponse mécanique est nulle. La réduction de bruit est d’ailleurs nulle
à résonance mécanique, où la réponse mécanique est purement imaginaire. Il existe
donc un compromis qui maximise le squeezing ; la réduction de bruit est maximale au
bord du pic mécanique.

La figure 1.11 représente le squeezing obtenu ainsi que l’angle de la quadrature
incriminée pour une intensité incidente égale à 100 fois l’intensité SQL à résonance
mécanique d’un résonateur de facteur de qualité 500 000, inséré dans une cavité de
finesse 120 000 et de bande passante de l’ordre de grandeur de la fréquence mécanique.

L’absence de squeezing à résonance mécanique peut paraître contre-intuitive. L’in-
teraction du champ et du miroir est unitaire. Elle est donc sensée conserver le volume
de l’état dans l’espace des phases. Dans un espace à deux dimensions, celui-ci est donné
par la racine du produit des deux spectres extrémaux ; si une de ces grandeurs devait
augmenter, l’autre devrait diminuer. C’est bien à résonance mécanique que l’ajout de
bruit sur la quadrature de phase par l’action en retour est maximale ; on s’attend donc
que ce soit aussi à cette fréquence particulière que la réduction de bruit soit la plus
forte.

En fait, le véritable espace physique est un espace à quatre dimensions — on a
deux opérateurs par bande latérales et deux bandes latérales — que nous réduisons à
un espace à deux dimensions ; nous traitons donc notre système à deux modes comme
un unique mode optique effectif. Par ailleurs, les spectres que nous calculons sont ceux
mesurables par une détection homodyne et celle-ci est par essence incapable d’effectuer



1.5. Corrélations induites par le couplage optomécanique 29

la tomographie complète fréquentielle d’un champ optique, puisqu’elle vient mesurer
les deux bandes latérales en même temps [40]. Ceci revient à dire que nous n’avons pas
accès à toutes les tranches de l’état et que donc, certaines corrélations peuvent être
invisible pour la détection homodyne.

L’impératif de conservation du volume dans l’espace des phases porte sur le véri-
table espace à quatre dimensions et il est tout à fait licite que le volume dans l’espace
effectif à deux dimensions ne soit pas conservé. Nous verrons que les fortes corrélations
à résonance mécanique peuvent être mesurées en employant une technique proche d’une
mesure quantique non-destructive en utilisant deux faisceaux. On est alors en mesure
de révéler les corrélations cachées à la vue de la détection homodyne.

Le squeezing optomécanique a été démontré par les groupes de Cindy Regal à
Boulder [41] et Oskar Painter à Pasadena [42] en 2013 en utilisant, respectivement,
une technique de refroidissement passive utilisant les effets dynamiques de la pression
de radiation dans une cavité désaccordée [43, 44] et un résonateur de plus grande
fréquence de vibration pour lequel la température est moins critique.

Figure 1.12 – Squeezing optimal en fonction de la température pour un résonateur
de fréquence de résonance 1 MHz illuminé à 100 fois la puissance SQL à résonance
mécanique.

Le bruit thermique du résonateur limite le squeezing observable, et ce, très rapide-
ment. En effet, la figure 1.12 montre que pour un résonateur de fréquence de résonance
1 MHz illuminé à 100 fois la puissance SQL à résonance, toute trace de squeezing est
effacée dès 20 mK. L’effet du bruit thermique est d’augmenter le spectre de phase sans
augmenter le spectre croisé phase-amplitude, contrairement à l’augmentation de l’in-
tensité incidente, qui certes augmente le spectre de phase mais aussi le spectre croisé.
Le bruit thermique réduit donc les corrélations quantiques donnant lieu au squeezing.
Cet effet est visible sur les lemniscates présentés sur la figure 1.10. Un oscillateur de
fréquence 1 MHz à 20 mK contient 418 phonons. L’action en retour à 100 fois la SQL est
responsable de 25 phonons quant à elle. La condition pour observer un fort squeezing
est donc de se placer dans un régime où Srad

x /ST
x > 1. On ne pourra donc pas mesurer

de squeezing en régime thermique, c’est-à-dire lorsque le mouvement du résonateur est
dominé par le bruit thermique. À la place, on aura recours à une autre technique :
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l’évaluation des corrélations optomécaniques.

1.5.2 Les corrélations optomécaniques

Si le squeezing provient de l’existence de corrélations quantiques, plus précisément
l’intrication des bandes latérales du champ, des corrélations subsistent entre phase et
intensité d’un faisceau dans un état thermique. On pourrait donc mesurer le bruit
d’intensité et le bruit de phase simultanément d’un faisceau sortant de la cavité opto-
mécanique.

Cependant, ces deux observables ne commutent pas. Il est donc impossible de me-
surer les deux grandeurs simultanément avec une précision arbitraire. Nous utilisons
donc deux faisceaux dans l’esprit d’une expérience pompe–sonde. Un faisceau pompe
d’intensité Ip importante vient mettre en mouvement le résonateur, tandis qu’un fais-
ceau sonde d’intensité Is très atténuée vient lire le déplacement du résonateur ; on
mesure donc le bruit d’intensité du faisceau pompe au niveau quantique à l’aide d’une
détection balancée et la phase de la sonde, au niveau quantique également, à l’aide
d’une détection homodyne [45] (voir la figure 1.13). Remarquons que cette configura-
tion permet une mesure quantique non destructive de la quadrature d’intensité de la
pompe [46].

Les corrélations optomécaniques cppqs sont définies par

cppqs [Ω] =
Cppqs [Ω]√
Spp [Ω]Sqs [Ω]

. (1.5.7)

Les différents termes de l’équation s’expriment, en supposant que la finesse et la bande

Figure 1.13 – Schéma de principe de la mesure des corrélations optomécaniques.
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passante de la cavité sont les mêmes pour les deux faisceaux 9 :

Cppqs [Ω] =
√

T

T + P

√
Ī in

p Ī
in
s

ISQL[Ω]e
i arg(χ[Ω]), (1.5.8)

Spp [Ω] = 1, (1.5.9)

Sqs [Ω] = 1 +
(

Ī in
s

ISQL[Ω]

)2

+
Ī in

s Ī
in
p

ISQL[Ω]2 + 2 ST
x [Ω]

SSQL
x [Ω]

Ī in
s

ISQL[Ω] . (1.5.10)

Plaçons-nous en régime thermique : on néglige les trois premiers termes de Sqs
représentant le shot, l’action en retour de la sonde et la lecture de l’action en retour
de la pompe par la sonde. Les corrélations s’écrivent maintenant :

cppqs [Ω] = 1√
2

√
T

T + P

√
Īp

ISQL[Ω]

√√√√SSQL
x [Ω]
ST
x [Ω] , (1.5.11)

=
√

T

T + P

√
Srad
x [Ω]
ST
x [Ω] . (1.5.12)

Il convient de préciser que Srad
x désigne le bruit de pression de radiation uniquement

induit par la pompe. On peut montrer que de façon plus générale les corrélations
optomécaniques ont pour expression :

cppqs [Ω] =
√

T

T + P

√
Srad
x [Ω]/ST

x [Ω]
1 + Srad

x [Ω]/ST
x [Ω] . (1.5.13)

Les corrélations sont donc dégradées par le bruit thermique et les pertes comme nous
nous y attendions.

Le rapport du bruit de pression de radiation sur le bruit thermique est très faible
à température ambiante, de l’ordre de grandeur de 10−6. Il est facilement masqué par
d’autres types de corrélations que nous traiterons dans le chapitre 3. La situation est
néanmoins bien plus favorable que dans le cas d’une expérience de mesure de squeezing,
comme en atteste la figure 1.14, qui présente la valeur des corrélations optomécaniques
en fonction de la température. À température ambiante, ces corrélations sont faibles
mais mesurables, à l’inverse du squeezing qui n’existe plus à température ambiante.

Une expérience de principe sur la mise en évidence des corrélations optomécaniques
a été réalisé par notre groupe en 2009 et elles ont été mesurées à froid en 2013 par
le groupe de Cindy Regal à Boulder. Cette expérience tire parti notamment des effets
dynamiques de la pression de radiation pour refroidir le mode mécanique étudié.

1.5.3 Contamination optique
Si seule la quadrature de phase du faisceau sortant est sensible au mouvement du

miroir à résonance optique, la quadratures d’intensité y devient sensible également

9. Cela n’est pas garanti expérimentalement : nous verrons que les deux faisceaux sont polarisés
orthogonalement et que la biréfringence de la cavité est très souvent visible si la cavité est de grande
finesse.
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Figure 1.14 – Corrélations optomécaniques attendues à résonance mécanique en fonc-
tion de la température pour les mêmes paramètres que la figure 1.12.

pour une cavité désaccordée avec pour conséquence l’apparition de corrélations para-
sites entre les faisceaux sonde et pompe, les deux mesurant le même déplacement du
miroir. On nomme ces corrélations "contamination optique". Cet effet a deux origines :
nous avons une contribution statique à la contamination — elle est portée par la pente
du pic d’Airy en réflexion (voir la figure 1.15) — et une contribution dynamique qui cor-
respond au fait que, dans une cavité désaccordée, les mouvements de miroir entraînent
l’admission d’un nombre plus élevé de photons, si on se rapproche de la résonance, ou
moins important, si au contraire on s’en éloigne. La quadrature d’amplitude est donc
modulée par cet effet qui existe même pour une cavité sans pertes.

Dans une cavité désaccordée, les champs incidents, intracavité et sortants ne sont
plus en phase. Ce déphasage se traduit dans l’espace de Fresnel par une rotation des
quadratures incidentes et sortantes d’un angle θin et θout respectivement. Les équa-
tions (1.3.91) et (1.3.92) permettent d’écrire les angles de rotation des champs incident
et sortant :

eiθin = γ − iΨ̄√
γ2 + Ψ̄2

(1.5.14)

eiθout = (γ − P ) + iΨ̄√
(γ − P )2 + Ψ̄2

(1.5.15)

Les quadratures incidentes d’amplitude et de phase des champs doivent alors être elles
aussi tournées de ce même angle, ce qui revient à dire que δαin et δαout doivent être
remplacés par :

δαin[Ω] = 1
2e

iθin
(
δpin[Ω] + iδqin[Ω]

)
, (1.5.16)

δαout[Ω] = 1
2e

iθout
(
δpout[Ω] + iδqout[Ω]

)
. (1.5.17)
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Figure 1.15 – Pic d’Airy en réflexion de la cavité pour des pertes égales à T/3.
Une modulation de la position du miroir, en rouge, se traduit par une modulation
d’intensité, en vert. L’effet est proportionnel à la dérivée du pic d’Airy, en pointillés,
qui est nulle si on travaille parfaitement à résonance.

L’équation (1.3.104) devient :

(γ − iψ̄ − iΩτ)δα[Ω] =
√
T δαin[Ω] +

√
Lδαv[Ω] + iᾱ δΨ[Ω]. (1.5.18)

Un calcul fastidieux permet de calculer le terme de contamination du bruit d’in-
tensité du faisceau pompe par le bruit thermique du miroir δpout

p,x [47] et on trouve :

δpout
p,x [Ψ̄,Ω] =

4kT Ψ̄
√
Iout

p (P − iΩ/Ωc)√
(γ − P )2 + Ψ̄2∆

δx[Ω] (1.5.19)

avec

∆ = (γ − iΩ/Ωc)2 + Ψ̄2. (1.5.20)

Nous retrouvons donc l’effet statique de contamination, porté par les pertes P au nu-
mérateur et l’effet dynamique, proportionnel à Ω/Ωc. Si nous supposons un désaccord
faible (Ψ̄� γ) et des fluctuations de position du miroir à basse fréquence (Ω� Ωcav),
δpout

p,x est approximé par :

δpout
p,x[Ψ̄,Ω] = 2k 1√

Iout
p

∂Iout
p

∂Ψ̄
δx[Ω]. (1.5.21)

La contamination, qui se résume à la contribution statique, est alors proportionnelle à
la pente du pic d’Airy en réflexion, comme attendu.

Les corrélations entre les deux faisceaux ont donc deux contributions : les corréla-
tions optomécanique Copto, que nous souhaitons mettre en évidence, et la contamina-
tion optique Cx :

Cp−s[Ψ̄,Ω] = Copto[Ω] + Cx[Ψ̄,Ω]. (1.5.22)
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Il faut alors rendre la contribution de la contamination plus faible que la contribution
optomécanique. Le rapport de ces deux contributions s’exprime facilement :

∣∣∣∣∣Cx[Ψ̄,Ω]
Copto[Ω]

∣∣∣∣∣ =
I in

p
ISQL

ST
x [Ω]

Srad
x [Ω]

P

γ

Ψ̄
γ
. (1.5.23)

En se donnant une transmission de 10 ppm pour une finesse de 120 000, les deux contri-
butions sont égales pour un désaccord avec la cavité de l’ordre de la dizaine de millihertz
sur une résonance de largeur de l’ordre du mégahertz ce qui expérimentalement est très
contraignant.

Nous n’avons considéré ici que la contribution statique. Pour savoir laquelle des
deux contributions est dominante, il faut comparer P/γ à Ω/Ωcav ; les deux contribu-
tions sont donc du même ordre de grandeur dans notre cas et (1.5.23) n’est à corriger
que d’un facteur inférieur à 10 typiquement.

L’effet d’une cavité désaccordée est principalement une rotation des quadratures.
Comme le bruit de phase du faisceau est bien plus grand que le bruit d’intensité, le
moindre désaccord avec la cavité se traduit par le mélange des quadratures de phase
et d’intensité. Nous retrouvons une situation similaire à la figure 1.11, où le fait que la
phase du faisceau soit très bruitée limitait la plage des quadratures comprimées.

La formule (1.5.23) nous invite à améliorer la situation en tirant parti de la modi-
fication de la dynamique du résonateur.

1.6 Effets dynamiques de la pression de radiation

Nous avons vu que le couplage optomécanique peut modifier de façon profonde les
propriétés de la lumière ; il est aussi possible de manipuler l’état du résonateur avec la
lumière. Nous nous plaçons pour cela dans la situation ou la cavité est désaccordée.

1.6.1 Force de pression de radiation en cavité désaccordée

Dans une cavité désaccordée l’intensité dépend du désaccord. Le résonateur va
donc être soumis à chaque instant à une force, la pression de radiation, qui est liée
à l’intensité intracavité et donc à sa position aux instants antérieurs. Le résonateur
perçoit donc une force proportionnelle à son déplacement qui a pour effet de modifier
sa fréquence de résonance. Comme cette force est assimilable à celle que produirait un
ressort fixé entre le coupleur de la cavité et la surface du résonateur, on parle de ressort
optique. En outre, la réponse est retardée par le temps de stockage des photons dans
la cavité et selon que le déphasage est positif ou négatif, la force ressentie va amplifier
ou atténuer le mouvement du résonateur et donc le chauffer ou le refroidir.

La force de pression de radiation subie par le résonateur est évidement toujours
liée aux fluctuations d’amplitude intracavité par (1.4.11), mais maintenant δp pré-
sente deux types de contributions. L’une, δpin, est quantique. L’autre, δpx, est liée au
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déplacement δx du résonateur :

δp[Ω] = δp[Ω]in + δpx[Ω], (1.6.1)

∆δpin[Ω] =

γ2 + Ψ̄2 − iγΩτ√
γ2 + Ψ̄2

 (
√
Tδpin[Ω] +

√
Pδpv[Ω])

−

 iΨ̄Ωτ√
γ2 + Ψ̄2

 (
√
Tδqin[Ω] +

√
Pδqv[Ω]), (1.6.2)

∆δpx[Ω] = −4~kᾱΨ̄δx[Ω] (1.6.3)

avec

∆ = (γ − iΩτ)2 + Ψ̄2. (1.6.4)

Nous avons pris soin de modifier la définition des quadratures du vide en les faisant
tourner du même angle que les quadratures incidentes afin d’obtenir des expressions
plus symétriques. La physique ne s’en trouve pas modifiée, le vide étant invariant par
rotation de ses quadratures.

La contribution du mouvement du résonateur aux fluctuations d’amplitudes est
responsable d’une force fluctuante de pression de radiation δF rad

x liée au mouvement
du résonateur :

δF rad
x [Ω] = −8~kᾱ2 Ψ̄

∆δx[Ω]. (1.6.5)

Cette force est nulle à résonance, atténuée pour des mouvements du miroir à des
fréquences supérieures à la bande passante de la cavité et imaginaire, ceci à cause des
effets de retard dus à la cavité. En introduisant dans l’équation précédente Ī, définie
par (1.3.96), la force s’écrit :

δF rad
x [Ω] = 4~k2γ

2 + Ψ̄2

∆
dĪ

dΨ̄

∣∣∣∣
Ψ̄
δx[Ω]. (1.6.6)

Nous pouvons tirer plusieurs enseignements de cette expression. Remarquons d’abord
que la force est proportionnelle à la pente du pic d’Airy conformément à l’intuition.
D’autre part, la partie réelle de cette force est maximale à basse fréquence, le déphasage
étant alors nul tandis que la partie imaginaire est maximale pour des désaccords de
l’ordre des pertes et à des fréquences proches de la fréquence de coupure de la cavité
(Ψ̄ ≈ γ et Ω ≈ Ωc). Les modes mécaniques à basse fréquence verront leur fréquence
d’oscillation modifiée plus notablement, les modes proches de la bande passante seront
plus facilement amortis ou excités, quant aux modes de fréquence plus importante, ils
seront modifiés plus difficilement, la force diminuant 10. Nous évaluons maintenant la
modification de la dynamique du résonateur.

10. Certes, la force diminue pour les modes haute fréquence, mais la limite du processus de refroi-
dissement est plus basse dans ce régime dit des bandes latérales résolues [48].
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1.6.2 Modification de la dynamique du résonateur
Nous venons de voir qu’une nouvelle force était à prendre en compte en plus du bruit

thermique et du bruit de pression de radiation quantique. Ce dernier est typiquement
bien plus faible que le bruit thermique, aussi nous le négligeons dans cette section.
Dans ces conditions, les fluctuations de position du résonateur deviennent :

δx[Ω] = χ[Ω](δFT[Ω] + δF x
rad)[Ω]. (1.6.7)

En posant une susceptibilité effective χeff selon :

χeff [Ω]−1 = χ[Ω]−1 + 8~k2ᾱ2 Ψ̄
∆ , (1.6.8)

on est conduit à modifier (1.6.7). Cette équation s’écrit alors :

δx[Ω] = χeff [Ω]δFT. (1.6.9)

Les fluctuations de position ne sont alors plus gouvernées que par le bruit thermique
d’un oscillateur modifié ; le résonateur est habillé par le champ optique et tout se passe
comme si la force de pression de radiation n’existait plus. Nous pouvons évaluer les
paramètres de ce nouvel oscillateur.

Nouveaux paramètres

L’identification terme à terme de l’expression générique de la susceptibilité géné-
rique et de la susceptibilité effective au voisinage d’un mode mécanique permet de
trouver la nouvelle fréquence de résonance mécanique Ωeff et le nouveau taux de re-
laxation Γeff :

Ωeff = ΩM

(
1 + Re

(
1 + Ψ̄ΨNL

∆

))
, (1.6.10)

Γeff = ΓM

(
1 + Im

(
1− 2QΨ̄ΨNL

∆

))
. (1.6.11)

On prendra soin d’évaluer le terme ∆ à la pulsation ΩM. Nous avons défini un paramètre
ΨNL qui quantifie les effets non-linéaires du système ; il représente le déphasage dû au
recul statique du miroir causé par la pression de radiation :

ΨNL = 4~k2ᾱ2

MΩ2
M
. (1.6.12)

C’est par exemple lorsque ce terme est proche de γ qu’apparait la bistabilité mécanique
de la cavité. La condition ΨNL � γ est de plus nécessaire pour observer un fort
squeezing basse fréquence du champ quittant la cavité [49].

Spectre de bruit thermique

Le couplage réel du mode mécanique au bain thermique n’est pas modifié. Le
spectre de force thermique est donc toujours donné par (1.4.7) ; le résonateur y répond
avec sa susceptibilité effective :

ST
x [Ω] = |χeff [Ω]|2 ST

F [Ω]. (1.6.13)
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Tout se passe comme si le résonateur était toujours à l’équilibre thermodynamique
mais à une température Teff différente, donnée par le nouvel amortissement :

Teff = T
Γ

Γeff
= T

Qeff
Q

. (1.6.14)

En fonction du signe du désaccord à la cavité, le mode va aussi bien être chauffé que
refroidi. Un désaccord négatif va augmenter la largeur de la réponse mécanique et donc
refroidir le mode mécanique. Pour un désaccord positif, le mode est chauffé, il est même
possible d’obtenir une largeur négative : le système est alors instable.

Ce comportement n’est pas sans rappeler celui d’un asservissement. Il existe une
analogie profonde entre un système optomécanique et un asservissement [50]. La cavité
agit comme un amplificateur du mouvement du miroir. En désaccordant la cavité il est
possible de refroidir le mode ou de le chauffer en amplifiant le déplacement du miroir.
Si le déplacement n’est pas d’origine thermique mais est un signal utile, on peut tirer
parti de l’effet d’amplification pour augmenter le rapport signal à bruit [51].

1.6.3 Limite de sensibilité sur un résonateur refroidi

Un faisceau venant sonder le déplacement d’un résonateur refroidi par un second
faisceau voit un résonateur effectif possédant une susceptibilité et une intensité SQL
effectives différentes de celle du résonateur originel. À intensité incidente fixe, le bruit
de phase du faisceau quittant la cavité refroidie est inférieur au cas sans refroidissement.
En effet, tant le bruit thermique que le bruit de pression de radiation sont atténués.
Ils le sont d’ailleurs dans les mêmes proportions, cela est visible sur la figure 1.16.
En revanche, le mouvement de point zéro du résonateur effectif est toujours égal au
déplacement SQL effectif. Nous avons donc une situation différente du cas de la mesure
de déplacement du résonateur hors-résonance mécanique, présenté sur la figure 1.8. En
effet, la contribution relative du mouvement de point zéro diminue en se plaçant hors-
résonance.

En refroidissant le résonateur, nous réduisons le déplacement du résonateur, ce qui
facilite la mise en évidence des corrélations optomécaniques en relaxant la contrainte
sur l’accord du laser à la cavité, donnée par l’équation (1.5.23). De plus, le rapport
signal à bruit de la mesure n’est pas modifié. Le temps de moyennage nécessaire n’est
donc pas modifié. Cette effet ingénieux à été utilisé pour la première mesure des cor-
rélations optomécaniques par le groupe de Cindy Regal. La cavité optomécanique pos-
sédait initialement une intensité SQL de 2,2 nW. Une fois le résonateur refroidi d’un
facteur 2800 par les effets dynamique de la pression de radiation, l’intensité SQL effec-
tive était de 6,1µW. L’expérience a donc été réalisée à seulement 42 fois la SQL. La
contrainte d’accord du laser à la cavité était donc largement relaxée, et des corrélations
d’un niveau de 40% ont pu être observées dans un environnement cryogénique. Une
autre solution est de mesurer le déplacement mécanique au pied du pic mécanique. On
s’affranchit de plus du mouvement de point zéro du résonateur.

Nous avons présenté dans ce chapitre le couplage optomécanique et son importance
dans les limites de sensibilité des mesures interférométriques. Nous proposons de le
mettre en évidence à température ambiante. La difficulté principale de notre expérience
est donc le bruit thermique. Celui-ci empêche toute compression de bruit induite par
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Figure 1.16 – Spectre de déplacement d’un résonateur mécanique de fréquence de
résonance 1 MHz à température ambiante T = 300 K. Le spectre de déplacement du
résonateur, pour un intensité incidente de 1000 ISQL[ΩM, est présenté en a). Le même
résonateur est présenté en c), mais cette fois refroidi d’un facteur 100. Le rapport entre
bruit de pression de radiation et bruit thermique est conservé, tandis que ce n’est pas
le cas du rapport bruit de pression de radiation sur mouvement de point zéro. Nous
reportons en b) la valeur des différents bruits à la fréquence de résonance mécanique
en fonction de l’intensité de la sonde. Les couleurs foncées correspondent au résonateur
non-refroidi et les couleurs claires au résonateur refroidi d’un facteur 100 par le second
faisceau.
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le couplage optomécanique au niveau quantique, c’est pourquoi nous mettons en place
une expérience de type pompe-sonde.

De plus, la condition d’accord à la cavité est donnée par le niveau de bruit thermique
également. Nous proposons deux méthodes pour faciliter l’expérience : la première est
de mettre en évidence les corrélations hors-résonance mécanique, dans une zone où le
rapport entre bruit de pression de radiation et bruit thermique est conservé, mais le
mouvement total du miroir réduit. On ne change ainsi pas la valeur des corrélations à
mesurer. La deuxième méthode est de refroidir le résonateur par les effets de pression
de radiation. Ajoutons qu’il serait équivalent d’utiliser une boucle de contre-réaction
pour refroidir le résonateur. Pour mesurer les corrélations optomécaniques au niveau
quantique, nous avons construit un montage optique à bas-bruit permettant l’utilisa-
tion de deux faisceaux dans la cavité optomécanique, ainsi que l’emploi d’un faisceau
auxiliaire permettant d’exciter le résonateur.
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Chapitre 2

Pour mettre en évidence les corrélations optomécaniques en régime thermique, un
montage optique à bas bruit offrant la possibilité d’asservir deux faisceaux à la cavité
de mesure a été conçu. Nous exposons dans cette partie les différents éléments qui le
constituent.

2.1 Présentation générale

Le montage est représenté sur la figure 2.1. Un laser Verdi 18 W est utilisé comme
pompe pour un laser titane:saphir (Ti:Sa) fabriqué au laboratoire, dont la conception a
été réalisé par François Biraben [52]. Son fonctionnement sera détaillé ultérieurement.
Le faisceau obtenu à la longueur d’onde de 810 nm est séparé en deux : le faisceau
arrière — utilisé pour exciter le résonateur par pression de radiation — et un faisceau
qui donnera les faisceaux sonde et pompe. Ce dernier faisceau est modulé en phase
par un modulateur électro-optique (EOM) résonnant à 12 MHz, l’EOMFPF : la démo-
dulation de l’intensité réfléchie par le FPF (Fabry-Perot de filtrage) à cette fréquence
permet l’asservissement du laser sur cette cavité par la méthode Pound–Drever–Hall
(PDH) [53].

Comme son nom l’indique, le FPF est une cavité de filtrage tant spatial que fré-
quentiel : le faisceau sortant du Ti:Sa est en effet elliptique et présente un bruit tech-
nique important qu’il faut filtrer. Le FPF possède une cale piézoélectrique trop lente
pour permettre l’asservissement du FPF sur le Fabry-Perot de mesure (FPM) ; les cor-
rections rapides de fréquence sont réalisée à l’aide d’un modulateur acousto-optique
(AOM) en double passage, l’AOMlock. La correction de fréquence est donc réalisées par
le même actuateur pour les faisceaux (sondes et pompe), ce qui évite des fluctuations
de fréquences différentielles entre ces deux faisceaux.

Un cube est placé sur le chemin optique de manière à permettre l’injection d’un
faisceau de réglages issu d’un laser fibré.

L’asservissement du FPF sur le FPM est réalisé encore une fois par la méthode
PDH, en utilisant la modulation de phase créée par l’EOMFPF résonnant à 50 MHz. Les
cubes placés de part et d’autre de l’EOM permettent une mesure et une réduction de
l’amplitude résiduelle de modulation due à une éventuelle modulation de polarisation
présente si le cristal n’est pas attaqué selon un axe propre.

41
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Figure 2.1 – Montage expérimental utilisé.

Le faisceau passe ensuite par une fibre de filtrage spatial. Les avantages sont mul-
tiples :

— Nous nous assurons que le faisceau à la sortie de cette fibre ne présente pas
de bruit de pointé qui se transformerait en bruit d’amplitude dans la cavité de
mesure.

— Nous isolons la partie source laser du montage de la partie FPM. Nous pouvons
intervenir sur le FPF par exemple sans désaligner le reste du montage.

— Nous nous assurons que le faisceau de réglages et les faisceaux scientifiques
partagent le même mode spatial.

— Les performances du double passage peuvent être évaluées.
En effet, l’angle de déflexion du faisceau diffracté par un AOM est lié au changement
de fréquence de celui-ci, si bien qu’on ne peut modifier la fréquence du laser sans
perturber son alignement avec le reste du montage optique. Une solution élégante
consiste à utiliser un montage en œil de chat [54] qui présente l’avantage de ne pas
désaligner le faisceau sortant lors d’un changement de fréquence. Le prix à payer est
une perte de puissance optique d’un facteur 2, limitée par l’efficacité de diffraction
en simple passage. L’idée est de placer un waist dans l’AOM — c’est la procédure
classique pour obtenir une bonne efficacité de diffraction et un bon profil spatial pour
le faisceau diffracté —, de placer une seconde lentille en sortie d’AOM de telle sorte que
le waist soit dans son plan focal objet. En plaçant un miroir plan en incidence normale
par rapport au faisceau non diffracté, on s’assure que le faisceau retour sera superposé
au faisceau incident. Si en plus on place ce miroir au waist du faisceau, les faisceaux
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AOM

Miroir

Figure 2.2 – Principe du montage en œil de chat. En positionnant le miroir et l’AOM
astucieusement par rapport aux waists du faisceau, on s’assure que le faisceau sortant
du double passage est stable en position vis-à-vis de la fréquence de fonctionnement
de l’AOM.

auront aussi la même taille. La situation est représentée figure sur la figure 2.2.
La mesure du couplage à la fibre, c’est-à-dire le ratio entre l’intensité sortante et

l’intensité incidente, est donc une mesure de la qualité du double passage. Celui-ci est
sensible à la taille et à la direction du faisceau. La mesure du couplage permet ainsi
d’estimer les performances du système.

Il se trouve qu’en faisant varier la fréquence de fonctionnement de l’AOM en en-
voyant une rampe sur son entrée de modulation, l’efficacité de diffraction est également
modifiée 1. Cet effet est à prendre en compte lors de l’estimation du couplage avec la
fibre.

Une partie du faisceau avant la fibre et après le double passage est prélevée pour
servir de référence pour discriminer les effets de changement d’adaptation de mode des
effets de réduction de l’efficacité de diffraction lors du scan en fréquence de l’AOM. La
figure 2.3 présente la courbe obtenue. Nous voyons que le couplage à la fibre varie très
peu à l’échelle des changements de fréquence nécessaires à l’asservissement à la cavité
de mesure (quelques mégahertz alors que l’amplitude du scan est de 200 MHz).

La calibration de l’axe temporel obtenue à l’aide de l’oscilloscope est assurée par une
mesure du déplacement de la fréquence de la sinusoïde délivrée par le VCO résultant
de la rampe à son entrée de modulation de fréquence par un analyseur de spectre en
mode MaxHold.

Le bruit de pointé de l’AOM est transformé en bruit d’intensité par le biais de la
dépendance du couplage à la fibre avec la fréquence de travail de l’AOM. On peut donc
réduire ce bruit en se plaçant à un maximum de couplage. Ajoutons à cela que la fibre
doit être aussi courte que possible pour éviter d’ajouter un bruit de phase au laser.

À la sortie de la fibre, le faisceau est séparé en deux. La première partie donne
le faisceau pompe qui passe par un AOM en double passage, tandis que la seconde
partie passe elle-aussi par un AOM avant d’être divisée en deux : le faisceau sonde et
l’oscillateur local nécessaire à la détection homodyne du bruit de phase du faisceau
sonde. Les deux AOMs fonctionnent en statique. Les faisceaux pompe et sonde sont
portés par deux polarisations linéaires orthogonales et la finesse du FPM est suffisante

1. L’efficacité de diffraction est modifiée par plusieurs facteurs. Le waist de diffraction optimale du
faisceau dépend de la fréquence de fonctionnement et surtout, l’onde acoustique parcourant le cristal
de l’AOM (TeO2) est l’effet du déplacement d’un piézoélectrique relié à un circuit LC résonnant. Si
on s’écarte de la résonance de ce circuit l’amplitude de l’onde acoustique est réduite.



44 Chapitre 2. Présentation du montage expérimental

Figure 2.3 – Puissance transmise par la fibre en fonction de la fréquence de l’onde
acoustique dans l’AOMlock. L’intensité mesurée à la sortie de la fibre est normalisée par
l’intensité mesurée sur la photodiode de contrôle. On s’affranchit ainsi de la dépendance
en fréquence de l’efficacité de diffraction de l’AOM. Notons que le décalage en fréquence
de la lumière est le double de la fréquence indiquée à l’issue du double passage.

pour mesurer la biréfringence des miroirs : les deux résonances sont séparées typique-
ment de 1 MHz. Les AOMs utilisés ont une fréquence de fonctionnement de 200 MHz,
donc bien supérieure à la séparation en fréquence nécessaire. Nous utilisons donc deux
AOM dont la fréquence de travail est séparée de 0,5 MHz. Comme nous utilisons en-
core un double passage, le premier faisceau voit sa fréquence augmenter de 400 MHz
et le second subit un décalage en fréquence de 401 MHz ; la séparation relative des
deux faisceaux est donc bien de 1 MHz. La configuration en double passage a été choi-
sie de manière à pouvoir changer la séparation fréquentielle des deux faisceaux sans
désaligner le montage.

Les faisceaux pompe et sonde sont ensuite recombinés à l’aide d’un système de
double injection. Un prisme de Glan-Taylor est utilisé en raison de son fort rapport
d’extinction de plus de 60 dB. Une combinaison de lames λ/2 et lame λ/4 est utilisée
car les modes propres de la cavité FPM ont une polarisation légèrement elliptique. Des
rotateurs de Faraday sont utilisés pour que les faisceaux sortants de la cavité atteignent
les détections de phase et d’intensité.

Le résonateur est placé dans une enceinte à vide offrant deux accès optiques, un
à l’avant et un à l’arrière. L’accès arrière permet d’exciter le résonateur à l’aide du
faisceau arrière modulé en intensité. La faible transmission du FPM est utilisée pour
trouver le mode fondamental à l’aide d’une caméra. On a aussi accès à l’intensité
transmise grâce à une photodiode.

Nous avons présenté de manière rapide le fonctionnement du montage optique et
allons détailler plus précisément le fonctionnement de chaque partie. Nous commençons
par les lasers employés.
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2.2 Sources laser
Nous présentons maintenant les sources laser utilisées. Elles dont au nombre de

deux : un Ti:Sa, dont la fréquence peut être accordée sur une plage assez large pour
s’asservir au FPM — cela évite de placer les miroirs de la cavité de mesure sur des
cales piézoélectriques qui pourraient compromettre la stabilité du montage —, et une
diode accordable sur plus de 50 nm en continu, très utile pour aligner une cavité ou
trouver la fréquence du mode fondamental du FPM, celle-ci se déplaçant jusqu’à 2 nm
à l’échelle de la journée.

2.2.1 Laser Ti:Sa
Le FPM étant très court (environ 500µm), son ISL 2 est de 300 GHz. L’écart en

fréquence entre les modes d’ordre supérieurs est de plus de 4 GHz étant donné le rayon
de courbure du coupleur de la cavité.

On souhaite un laser accordable en continu sur un intervalle de l’ordre de la dizaine
de gigahertz, accordable par sauts sur plusieurs centaines de gigahertz et présentant un
bruit technique le plus faible possible. Un laser Ti:Sa répond à ce cahier des charges.

Figure 2.4 – Éléments composant la cavité du laser Ti:Sa.

La cavité en nœud papillon du laser, représentée sur la figure 2.4, est composée
d’éléments permettant la sélection d’un unique mode. En effet, le gain du cristal de
saphir dopé au titane est important sur une plage extrêmement importante, plusieurs
centaines de nanomètres 3, tandis que l’ISL de la cavité n’est que de 200 MHz. De
nombreux modes sont susceptibles d’être amplifiés et doivent donc être filtrés. C’est le
rôle des éléments suivants :

— Le filtre de Lyot, composé de quatre plaques biréfringentes formant un filtre
de largeur 100 GHz, qui peuvent tourner autour de l’axe optique à l’aide d’un
moteur pour sélectionner la fréquence centrale.

2. Intervalle spectral libre, soit l’écart entre deux résonances longitudinales successives de la cavité
3. La transmission des miroirs est bien plus piquée en fréquence et ce sont ceux-ci qui limitent les

performances du laser en terme d’accordabilité à la plage 790 nm-850 nm
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— Un étalon fin, c’est-à-dire une lame de silice dont les faces forment une cavité
Fabry-Perot de largeur 150 GHz. La lame peut être inclinée à l’aide d’un moteur,
modifiant ainsi la fréquence centrale du filtre. Un asservissement permet aussi
de suivre le déplacement du mode laser si l’on souhaite modifier sa longueur
d’onde : la réflexion de la lame est mesurée par une photodiode et est minimisée
en inclinant la lame.

— Un étalon épais, constitué de deux prismes possédant une réflectivité de 30%
dont un est monté sur une cale piézoélectrique permettant de modifier la lon-
gueur de la cavité Fabry-Perot de largeur 19 GHz qu’ils constituent. La longueur
de la cavité est modulée à 3 kHz. Une photodiode en dehors du laser détecte
cette modulation pour réaliser une détection synchrone et asservir la cavité à
résonance.

Les deux étalons permettent des sauts discrets de 150 GHz ou 19 GHz en tournant le
Lyot ou en inclinant l’étalon mince respectivement. Un parcours sans saut de mode de
plusieurs dizaines de gigahertz est possible grâce aux différents asservissements et au
bilame. Les deux lames qui le composent peuvent être inclinées de façon symétrique, ce
qui permet de modifier la longueur optique de la cavité sans déplacement du faisceau.

Comme la cavité supporte deux modes contrapropageants, ils faut en éliminer un.
C’est le rôle des miroirs non coplanairesM4,M5 etM6 associés au rotateur de Faraday,
qui produisent des pertes plus importantes sur le bilame pour un des modes, ne laissant
que le faisceau sortant par M6 (de transmission 4%). Une cavité d’analyse permet de
s’assurer du caractère monomode du faisceau. On a aussi accès à sa longueur d’onde
grâce à un lambdamètre.

L’asservissement du laser sur le FPF est rendu possible par l’EO qui permet des
modifications rapides de la longueur apparente de la cavité jusqu’à 1 MHz et par le
miroirM4 monté sur une pile de cales piézoélectriques. Ce piézoélectrique permet aussi
une modulation de la fréquence du laser à 100 Hz, utile pour scanner le FPF.

Du fait du vieillissement des diodes de pompe du laser Verdi, le laser de pompe est
limitée à 12 W, ce qui plafonne la sortie du Ti:Sa à 1,4 W.

Du fait de notre choix de montage optique, le faisceau du Ti:Sa est obligé de passer
par le FPF et scanner le FPM avec ce faisceau est expérimentalement très contraignant.
Un second faisceau issu d’un laser ne passant pas par une cavité de filtrage et facilement
accordable en continu sur plusieurs dizaines de nanomètres est nécessaire.

2.2.2 Diode laser

Notre choix s’est porté sur une diode laser à cavité externe fibrée en configuration
Littman-Metcalf [55] fabriquée par Sacher Lasertechnik. La puissance en sortie de fibre
est au maximum de 30 mW et la plage de fonctionnement est de plus de 30 nm sans
saut de mode. Un piézoélectrique permet de modifier finement la longueur d’onde sur
une plage de 30 GHz.

La figure 2.5 présente la puissance obtenue en sortie de fibre au niveau de l’in-
jection dans le montage optique. Un coupleur fibré 90 : 10 est placé entre la fibre
couplée au laser et la fibre servant à injecter le faisceau de réglages dans le montage. À
l’aide de la sortie 10% du coupleur on a facilement accès à la longueur d’onde du laser
puisque le lambdamètre est lui-même fibré. Nous avons décidé de ne pas coupler direc-
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Figure 2.5 – Puissance du faisceau de travail au niveau de l’injection en fonction du
courant pompant la diode pour différents longueurs d’onde.

tement le coupleur fibré au laser pour nous laisser la possibilité d’utiliser le laser pour
d’autres application nécessitant une puissance plus importante sans avoir à recoupler
une nouvelle fibre au laser, cette opération étant relativement fastidieuse. Ce choix de
modularité se paie en terme de puissance disponible au niveau du montage optique :
à chaque changement de fibre, on perd une fraction importante de la lumière.

Le faisceau issu de ce laser passe par la fibre de filtrage et est donc parfaitement
aligné avec le faisceau du Ti:Sa dans le reste du montage. Notons qu’il passe lui aussi
par l’EOM à 50 MHz mais pas par l’AOM d’asservissement. On ne peut donc pas
l’asservir à la cavité de mesure.

Un tel laser présente un bruit plus important que le Ti:Sa mais est bien plus
pratique pour détecter la résonance du FPM. On peut trouver la résonance du FPM
avec le faisceau de travail et alors mesurer sa longueur d’onde. Le Ti:Sa est amené à
la même longueur d’onde. La cale piézoélectrique du FPF est balayée pour trouver la
longueur du FPF résonante à la même longueur d’onde que le FPM. On asservi alors
le Ti:Sa sur le FPF. Le balayage de la cale piézoélectrique du FPF permet alors de
retrouver la résonance du FPM puis d’asservir le FPM au FPF.

Dans le cas où l’on souhaite aligner et caractériser une nouvelle cavité, l’amplitude
de scan est un atout important. Un modulateur de phase fibré peut être placé entre la
sortie du laser et le coupleur fibré injectant le faisceau dans le montage optique. On
peut alors se servir des bandes latérales créées à la fréquence désirée pour mesurer la
finesse de la cavité par exemple.
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Figure 2.6 – Schéma de la détection balancée

2.3 Détection d’intensité

La détection d’intensité (DI) à été construite par Alexandros Tavernarakis [56].
C’est une détection balancée (voir la figure 2.6) : les deux photodiodes et les gains
électroniques sont identiques. Elle permet de remonter aux fluctuations du faisceau
incident en regardant la somme des photocourants et au bruit quantique uniquement
en regardant la différence des photocourants. Notons G1 et G2 les deux gains des
photodiodes et η la séparation en intensité des faisceaux. Un rapide calcul donne :

I1[Ω] = G1[Ω]
[
ηαδpα[Ω] +

√
η(1− η)αδpv[Ω]

]
, (2.3.1)

I2[Ω] = G2[Ω]
[
(1− η)αδpα[Ω]−

√
η(1− η)αδpv[Ω]

]
, (2.3.2)

où δpv désigne les fluctuations du vide rentrant par le cube, purement quantiques
donc, et δpα désigne les fluctuations du faisceau α que nous souhaitons mesurer. Les
photocourants somme I+ et différence I− sont alors :

I+[Ω] = [G2[Ω] + (G1[Ω]−G2[Ω]) η]αδpα[Ω]+

[G1[Ω]−G2[Ω]]
√
η(1− η)αδpv[Ω], (2.3.3)

I−[Ω] = [(G1[Ω] +G2[Ω]) ηG2[Ω]] +

[G1[Ω] +G2[Ω]]
√
η(1− η)αδpv[Ω]. (2.3.4)

Il suffit que les gains soient égaux G1 = G2 = G pour que I+ mesure le bruit du
faisceau incident, indépendamment de η 4 :

I+[Ω] = Gαδpα[Ω]. (2.3.5)

4. En pratique, on ne se prive pas d’équilibrer les puissances pour réduire la contrainte sur l’équilibre
des gains ou éviter de saturer une photodiode.
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Figure 2.7 – Schéma de la détection homodyne.

Si de plus les puissances sont équilibrées (η = 1/2), nous avons :

I−[Ω] = Gαδpv[Ω]. (2.3.6)

Cela traduit bien que I− mesure le bruit d’un faisceau limité quantiquement à la
puissance de α. Une telle détection permet d’estimer simplement le niveau de bruit
classique d’un faisceau par comparaison de I+, le niveau de bruit du faisceau, et I−,
le niveau de bruit quantique de ce même faisceau. Nous présentons une autre mé-
thode pour estimer le bruit classique d’un faisceau dans la section 3.3.3. Elle utilise la
configuration balancée en puissance mais relaxe la contrainte sur l’équilibre des gains.

2.4 Détection Homodyne

La phase du faisceau n’est pas mesurable dans l’absolu, seules des différences de
phase le sont. Nous faisons donc battre le faisceau α dont nous souhaitons mesurer les
fluctuations de phase avec une référence : un autre faisceau αLO, intense, l’oscillateur
local, servant de référence de phase. Nous supposerons sans perte de généralité que
αLO est réel. Nous nous plaçons de plus dans une configuration balancée qui permet
de s’affranchir des fluctuations d’amplitude du faisceau intense de nature classique. Le
montage est représenté sur la figure 2.7. Nous associons à chaque photodiode un gain
noté G1 pour la première et G2 pour la deuxième. L’oscillateur local LO est déphasé
par rapport au signal α de ϕ. Les deux faisceaux sont portés par des polarisations
linéaires orthogonales. Ils passent ensemble par une lame λ/2 qui les séparent en deux
parties de même puissance. On montre que les photocourants I1 et I2 sont donnés,
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dans l’approximation où |αLO|2 � |α|2 par :

I1[Ω] = G1[Ω]
2 (ILO[Ω] + Ihom[Ω]) , (2.4.1)

I2[Ω] = G2[Ω]
2 (ILO[Ω]− Ihom[Ω]) , (2.4.2)

avec

ILO[Ω] = αδpLO[Ω], (2.4.3)
Ihom[Ω] = αLO (cos(ϕ)δpα[Ω] + sin(ϕ)δqα[Ω]) . (2.4.4)

La phase de l’oscillateur détermine donc la quadrature qui est mesurée par la détection
homodyne. On trouve pour les courants somme et différence :

I−[Ω] = G1[Ω]−G2[Ω]
2 ILO[Ω] + G1[Ω] +G2[Ω]

2 Ihom[Ω], (2.4.5)

I+[Ω] = G1[Ω] +G2[Ω]
2 ILO[Ω] + G1[Ω]−G2[Ω]

2 Ihom[Ω]. (2.4.6)

Une détection balancée est donc profitable ; son efficacité est évaluée en modulant en
intensité l’oscillateur local et en mesurant à l’analyseur de spectres les courants somme
et différence. On observe expérimentalement une réjection (G1[Ω] +G2[Ω])2/(G1[Ω]−
G2[Ω])2 de 30 dB.

Ajoutons que la composante basse fréquences de la tension issue des photodiodes est
sensible au cosinus du déphasage, qui, pour une mesure de phase, doit être maintenu
à π/2. Le cosinus s’annule donc et fournit un signal d’erreur utilisé pour asservir
l’oscillateur local.

2.5 FPF
Le faisceau issu du Ti:Sa présente un bruit d’intensité trop important, qu’il nous

faut donc réduire. Nous utilisons pour cela une cavité de filtrage.
Une cavité ce comporte comme un filtre passe-bas : les fluctuations sont moyennées

sur le temps de vie des photons dans la cavité et les fluctuation à une fréquence
supérieure à la bande passante interfèrent destructivement, réduisant le bruit.

Il nous faut donc une cavité de faible bande passante supportant un flux impor-
tant — plus de 50 mW en sortie. Une cavité courte nécessiterait une finesse élevée, et
donc serait plus sensible aux effets thermiques ainsi qu’aux vibrations acoustiques. Il
apparaît donc qu’une cavité longue est plus favorable de ce point de vue. La limite à
l’accroissement en longueur étant fixée par l’augmentation de la taille du faisceau sur
les miroirs et les pertes par coupure correspondantes, ainsi que l’encombrement sur la
table optique. La configuration retenue est une cavité de 30 cm de long et de finesse
2500.

2.5.1 Asservissement du Ti:Sa sur le FPF
Le signal d’erreur est obtenu selon la méthode de Pound-Drever-Hall : le faisceau

est modulé en phase, à une fréquence bien supérieure à la bande passante de la cavité :
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Figure 2.8 – Schéma de principe du signal PDH.

nous avons donc la porteuse à la fréquence du laser, entourée de deux bandes latérales
en opposition de phase.

Si nous sommes parfaitement à résonance avec la cavité, les bandes latérales sont
directement réfléchies en conservant leur phase. Aucune modulation n’est alors détec-
table à la fréquence de modulation sur une photodiode en réflexion.

Si, à l’inverse, nous sommes légèrement hors résonance, les deux bandes latérales
sont réfléchies avec une phase différente et la modulation de phase est partiellement
convertie en modulation d’intensité, d’un facteur d’autant plus grand qu’on est éloigné
de la résonance. De plus, la phase de cette modulation nous renseigne sur le côté
de la résonance où nous sommes : nous disposons donc d’un signal antisymétrique
proportionnel au désaccord et donc exploitable pour asservir la cavité. La situation est
expliquée sur la figure 2.8.

La modulation est extraite en mixant la tension issue de la photodiode avec une
référence de phase bien choisie et en utilisant un filtre passe-bas pour supprimer les har-
moniques. En modulant à une fréquence importante, on augmente la plage d’accroche,
il faut veiller cependant à rester dans la bande passante de la photodiode.

Le signal PDH

La modulation de phase du faisceau incident α à la pulsation Ωm se traduit par :

αmod(t) = α(t)eiε cos(Ωmt). (2.5.1)

Un développement en fonctions de Bessel de αmod(t) peut être effectué : une infinité de
bandes latérales harmoniques de la fréquence de modulation apparaissent. Si de plus
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la profondeur de modulation est faible (ε� 1), on peut ne considérer que les premiers
termes. On obtient alors :

αmod(t) = α(t)
(
J0(ε) + iJ1(ε)eiΩmt − iJ−1(ε)e−iΩmt

)
. (2.5.2)

Apparaissent donc deux bandes latérales en quadrature. Nous pouvons appliquer indé-
pendamment à la porteuse et aux bandes latérales le coefficient de réflexion de la cavité
à leurs pulsations respectives pour un certain désaccord Ψ donné. En utilisant (1.3.104)
et (1.3.105), on montre que :

rΨ[Ω] = 1− P/γ + iΨ/γ + iΩ/Ωc

1− iΨ/γ − iΩ/Ωc
. (2.5.3)

qui montre que pour des pertes nulles, le seul effet de la cavité est de déphaser les
différents composantes fréquentielles du signal. Le champ sortant s’écrit :

αout(t) = α(t)
(
rΨ[0]J0(ε) + irΨ[−Ωm]J1(ε)eiΩmt − irΨ[Ωm]J−1(ε)e−iΩmt

)
. (2.5.4)

La photodiode en réflexion détecte donc des termes oscillant à Ωm, et d’autres oscillant
à d’autres fréquences sans relation de phase avec la modulation connue : on les rejette
en mixant la sortie de la photodiode avec un oscillateur local de phase ajustable. La
modulation de la photodiode à Ωm est donnée par :

Iout = −2J0(ε)J1(ε)Īin

[
Im
(
rΨ[0]?(rΨ[Ωm] + rΨ[−Ωm])

)
cos(Ωmt)−

Re
(
rΨ[0]?(rΨ[Ωm]− rΨ[−Ωm]) sin(Ωmt)

)]
. (2.5.5)

Seul le terme en cos(Ωm) s’annule en changeant de signe pour un désaccord nul. L’ex-
traction de ce terme est assuré en mixant la tension issue de photodiode avec une
sinusoïde à la fréquence de modulation de phase du faisceau laser qu’on appel oscil-
lateur local électrique. La phase relative de l’oscillateur local et de la modulation de
phase du laser doit être ajustée de manière à extraire uniquement la partie utile du
signal. Les harmoniques à la sortie du mixer sont filtrées par un filtre passe-bas, on
peut voir son action comme un moyennage. Le signal d’erreur est alors donné par :

VPDH(Ψ) = 〈Iout cos(Ωmt)〉 (2.5.6)

= −J0(ε)J1(ε)Īin
2 Im

(
rΨ[0]?(rΨ[Ωm] + rΨ[−Ωm])

)
(2.5.7)

Dans le cas où le désaccord à la cavité est faible devant la largeur de la résonance et
la fréquence de modulation est grande comparée à la bande-passante de la cavité, le
signal d’erreur s’approxime par :

VPDH(Ψ) ≈ −J0(ε)J1(ε)Īin
Ψ/γ

1 + (Ψ/γ)2 , (2.5.8)

qui est bien antisymétrique, et de largeur égale à deux fois la bande passante de la
cavité.

Le signal a été représenté sur la figure 2.9. La plage d’accroche — la zone où le
signal d’erreur est non-nul — est fixée par la fréquence de modulation : elle vaut le
double de cette fréquence. Le signal d’erreur peut être utilisé pour asservir le laser sur
le FPF mais aussi caractériser les propriétés optiques de celui-ci.
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Figure 2.9 – Signal d’erreur PDH pour une modulation de phase à 12 fois la bande
passante de la cavité. La plage utile du signal d’erreur est de 2 fois la bande pas-
sante tandis que la plage d’accroche est de 2 fois la fréquence de modulation et plus
important, on bénéficie d’une pente très forte à résonance.

Principe de l’asservissement

Le signal d’erreur obtenu est utilisé sur trois actuateurs différents : la partie basse
fréquence, jusqu’à 100 Hz, est employé sur la cale du miroir M4 qui jouit d’une grande
amplitude de déplacement mais d’une bande passante réduite en raison des résonances
de la cale qui peuvent rendre l’asservissement instable si elles sont excitées. La partie
intermédiaire du signal, de 100 Hz à quelques kilohertzs, est amplifiée par un amplifi-
cateur rapide haute tension Tegam et envoyée sur la première électrode du modulateur
l’électrooptique. La partie haute fréquence, jusqu’à 10 kHz, est envoyée directement
sur la deuxième électrode du modulateur l’électrooptique. Une fois le laser asservi sur
la cavité, un étage intégrateur est activé, augmentant le gain à basse fréquence pour
compenser toute dérive lente.

L’amplitude de déplacement de la cale du miroirM4 est importante mais finie, aussi
la stabilité de l’asservissement est prolongée à l’échelle de la journée en limitant la ten-
sion aux bornes du piézoélectrique en utilisant le bilame du laser. Cette asservissement
supplémentaire est présenté dans la partie 3.4.

Caractérisation optique

La longueur de cavité est connue : 30 cm. Une mesure de sa bande passante suffit
alors par (1.3.109) pour en déterminer la finesse. Le FPF est scanné avec le Ti:Sa
en utilisant la modulation à 100 Hz. Une courbe du PDH est obtenue en utilisant un
oscilloscope : il nous faut calibrer l’axe horizontal en fréquence. Ceci est fait grâce à un
ajustement de la courbe par l’équation (2.5.7) où les fréquences de modulation et la
bande passante de la cavité sont laissées en paramètres libres. En utilisant le fait que la
fréquence de modulation est de 12 MHz, on obtient la correspondance temps-fréquence
(axe supérieur de la courbe 2.10).

La bande passante trouvée expérimentalement est de 2π × 148 kHz, ce qui corres-
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Figure 2.10 – Signal d’erreur PDH du FPF. La cavité est scannée en utilisant la
modulation à 100 Hz du Ti:Sa. La courbe obtenue est ajustée. La connaissance de la
fréquence de modulation, 12 MHz, permet alors de déterminer la bande passante de la
cavité, et donc sa finesse si l’on connaît sa longueur.

pond à une finesse de 1690. C’est une valeur inférieure à celles précédemment trouvées,
qui peut s’expliquer par une contamination des miroirs par des poussières. La cavité
a en effet été démontée pour supprimer le système de joints permettant le réglage des
miroirs. Ce système, bien que très pratique, s’est avéré instable mécaniquement et le ré-
alignement complet de la cavité trop fréquent. Les miroirs ont été recollés aux embases
en plexiglas en prenant le plus grand soin en terme d’alignement — un laser He-Ne
placé en réflexion permettait de s’assurer du bon parallélisme des miroirs par rapport
aux embases — si bien que la cavité est presque alignée une fois les embases vissées
au tube constituant la cavité. Les corrections mineures de parallélisme s’effectuent à
l’aide de fines feuilles de chrysocale servant de cales.

2.6 FPM
La cavité optomécanique a été conçue et initialement montée par Alexandros Tar-

vernarakis. Elle est constituée d’une lentille plano-convexe en silice dont la face plane
a été superpolie et recouverte d’un dépôt diélectrique de très grande qualité par le
LMA 5. Une telle géométrie est connue pour supporter des modes piégés [57], ana-
logues à ceux d’une cavité optique, qui en tant que tel sont peu sensibles aux pertes
par ancrage et peuvent atteindre de très hauts facteurs de qualité mécanique [58, 59].

Si le résonateur de diamètre 34 mm et d’épaisseur 2,55 mm possède une masse de
près de 1 g, la masse du mode fondamental est plus faible, de l’ordre de la centaine

5. Laboratoire des Matériaux Avancés à Villeurbanne.
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de microgrammes. Cette masse, importante au regard des standards des nombreux
groupes étudiants le couplage optomécanique, est en partie compensée par une finesse
importante.

2.6.1 Caractérisation optique

La détermination de la finesse d’une cavité passe généralement par la mesure de
son ISL et de sa bande passante. Nous disposons d’un lambdamètre, d’une caméra
en transmission de cavité et d’une diode laser largement accordable. Nous parcourons
plusieurs ISL en notant à chaque fois la longueur d’onde du laser lorsque le mode
fondamental est excité. Nous accédons ainsi à la valeur de l’ISL ∆λ en nm ∆λ. Il est
possible de déduire de l’ISL la longueur de la cavité :

L = cλ2

2∆λ. (2.6.1)

Nous trouvons une longueur de 548µm à partir de la mesure de ∆λ = 0,1796 nm, en
bon accord avec la conception de la cavité. La mesure de la bande passante peut s’avérer
plus délicate : une mesure par le signal d’erreur PDH, comme effectuée pour le FPF,
est compliquée par les vibrations mécaniques à basse fréquence qui déforment le signal
d’erreur lors du scan et empêchent le bon ajustement des courbes par (2.5.7) (voir la
figure 2.11). Une méthode alternative consiste à maintenir le laser résonnant avec la
cavité tout en le modulant en intensité et à mesurer le filtrage de cette modulation.
Le filtrage par la cavité est visible en principe aussi bien sur la lumière réfléchie que
sur la lumière transmise. Néanmoins, la mesure de la bande passante est plus aisée en
transmission.

En réflexion, les bandes latérales haute fréquence sont simplement réfléchies ; seules
les bandes latérales à basse fréquence pénètrent dans la cavité et y subissent des pertes.
Lors d’un balayage de la fréquence de modulation, la mesure de la bande passante de la
cavité s’effectue au travers de la détection d’un défaut de modulation à basse fréquence
par rapport aux hautes fréquences, d’autant plus prononcé que les pertes optiques et
le couplage à la cavité sont importants et dont la largeur en fréquence correspond à la
bande passante.

Une autre possibilité est de mettre en évidence le déphasage progressif des bandes
latérales à haute fréquence par rapport à celles à basse fréquence. Cette mesure est
cependant très sensible aux réflexions parasites de la lumière incidente sur les différents
composants du montage, voire de la cavité elle-même si l’adaptation spatiale n’est pas
parfaite, et se révèle complexe à mettre en œuvre.

En transmission, on s’attend à observer un effet de filtrage passe-bas, indépendant
des défauts du montage optique. L’avantage de la détection en transmission est qu’elle
se fait sur fond noir : on est donc moins soumis aux effets de saturation des photodiodes,
de la mauvaise adaptation spatiale de la cavité ainsi qu’aux réflexions parasites. C’est
cette méthode que nous avons choisi de mettre en œuvre.

Nous l’avons dit : la cavité est un filtre passe-bas ; on montre par (1.3.104) et (1.3.105)
que l’amplitude de modulation δptrans[Ω] est liée à l’amplitude de modulation incidente
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Figure 2.11 – Déformation du signal d’erreur PDH du FPF par les vibrations acous-
tiques de la cavité, résultant en un mauvais ajustement des courbes expérimentales (en
rouge).

δpin[Ω] par 6 :

δptrans[Ω] ∝ 1
1 + iΩ/Ωc

δpin[Ω]. (2.6.2)

Pour mesurer la réponse de la cavité, nous utilisons un analyseur de réseau pour
moduler en intensité le faisceau pompe et évaluer l’évolution de cette modulation en la
mesurant sur une photodiode placée en transmission de la cavité. La modulation issue
de l’analyseur de réseau ne peut pas être directement envoyée sur l’entrée de modulation
d’amplitude du VCO. En effet, celle-ci n’accepte que des tensions positives en entrée.
Un offset doit donc être additionné à la sortie de l’analyseur de réseau. L’appareil
utilisé permet de réaliser cette opération 7. Nous choisissons un offset correspondant
à la moitié de la tension maximale que supporte l’entrée de modulation du VCO de
façon à avoir une amplitude de modulation maximale dans la zone de réponse linéaire
du VCO. Nous verrons que plusieurs pilotes d’AOM ont été utilisés dans cette thèse.
Nous utilisons le drivers AA optoelectronics pour cette mesure en raison de la bande
passante plus élevée de son entrée de modulation d’intensité (voir la figure 2.12).

La puissance de modulation de la lumière détectée sur une photodiode est d’au-
tant plus grande que le faisceau est intense (voir la section 1.3.1) : la puissance de
modulation varie quadratiquement avec l’intensité du faisceau. Pour discriminer la
mesure d’un parasite électrique de la réponse de la cavité, la mesure est faite pour
plusieurs puissances et nous vérifions le bon comportement de nos résultats vis-à-vis
de la puissance optique incidente.

La mesure s’effectue en deux temps dont, une phase de calibration. À cette fin, la
photodiode qui sera placée en transmission de la cavité est utilisée pour mesurer la
modulation juste devant la cavité. Nous obtenons une courbe de calibration dépendant

6. Lors de la procédure d’ajustement, le − du dénominateur peut être à remplacer par un + à
cause des conventions différentes utilisées en électronique et en optique.

7. Il faut prendre garde au pont diviseur de tension pouvant exister entre la sortie de l’analyseur
de réseau en 50 Ohm et l’impédance d’entrée, l’offset étant additionné par l’analyseur de réseau.
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de la photodiode et du couple VCO+pilote usité. Dans un second temps, le laser est
asservi à la cavité et on mesure la modulation transmise par la cavité. Cette courbe
est normalisée par la courbe de calibration ; la courbe obtenue est alors ajustée par la
formule (2.6.2). Une telle courbe et son ajustement sont présentés sur la figure 2.13.
Elle donne une bande passante de 2π × 1,14 MHz, soit une finesse de 120 000.

Figure 2.12 – Modulation de l’intensité du faisceau laser utilisée pour la mesure de
la bande passante de la cavité.

Figure 2.13 – Norme de la fonction de transfert en amplitude du FPM. L’ajustement
donne une bande passante de 2π × 1,14 MHz.
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2.6.2 Caractérisation des modes mécaniques

Nous avons vu qu’un résonateur possédant un haut facteur de qualité mécanique
était crucial pour la mise en évidence des corrélations optomécaniques. Le résonateur
utilisé dans cette thèse est fait de silice fondue et possède une forme plan-convexe (voir
la figure 2.14). La silice présente un très bon facteur de qualité intrinsèque et l’adoption
de la géométrie plan-convexe permet d’une part de déposer un miroir diélectrique de
très grande qualité sur la face plane superpolie de rugosité inférieure à 1 Å RMS et
d’autre part de limiter les pertes par ancrage de certains modes en les confinant au
centre du miroir. On peut faire une analogie entre le comportement d’une cavité optique
pour les ondes électromagnétiques et le comportement du résonateur pour les ondes
mécaniques.

Figure 2.14 – Schéma du résonateur utilisé et représentation (en rouge) du confine-
ment de certains modes de vibration par la géométrie utilisée. Les paramètres géomé-
triques sont R = 148 mm, D = 34 mm et h0 = 2,55 mm.

Un tel résonateur possède une série de modes propres de vibration qui se divisent en
deux familles. D’une part, des modes dont le profil est proche de ceux rencontrés dans
un résonateur purement cylindrique et d’autre part une famille de modes gaussiens,
analogues aux modes optiques d’une cavité Fabry-Perot [60].

Ces modes sont plus ou moins couplés à la lumière suivant l’intégrale de recouvre-
ment entre le profil de déplacement du mode et celui du faisceau lumineux. L’ensemble
des déplacements des modes va ainsi créer une série de pics visibles sur la phase du
faisceau sonde (voir la figure 2.15). Nous verrons que tous ces modes entraînent l’ap-
parition d’un fond mécanique qui interfère constructivement ou destructivement avec
les modes les plus intéressants pour nous, le fondamental et le premier harmonique
gaussien.

Les modes sont caractérisés par leur fréquence de résonance, leur facteur de qualité
mécanique et leur masse. La première grandeur est obtenue en repérant le pic sur le
spectre de bruit thermique. La deuxième correspond à la largeur du pic mais peut éga-
lement être obtenue en mesurant le temps de relaxation du mode après une excitation
monochromatique à sa fréquence de résonance. La masse s’obtient en calibrant le bruit
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Figure 2.15 – Bruit de phase du faisceau sonde. Il retranscrit le bruit de position du
résonateur, mais aussi du coupleur. Chaque pic correspond à un mode mécanique.

de phase en déplacement du miroir.

Mesure du facteur de qualité

la mesure est effectuée par la méthode de ring-down, ou mesure du temps de re-
laxation. Un mode, le fondamental ou le premier harmonique par exemple, est excité à
sa fréquence de résonance grâce au faisceau arrière (voir figure 2.16). Cette excitation
est brusquement interrompue et on enregistre la perte d’énergie du mode via la mesure
de la phase du faisceau sonde qui retranscrit le mouvement du résonateur.

Pour un oscillateur de taux d’amortissement Γ, l’amplitude du mouvement libre
décroît comme e−Γt/2. On utilise un analyseur de spectres en mode zero span à la
fréquence du mode en question, c’est-à-dire que la densité de bruit à cette fréquence,
intégrée sur la bande passante de la mesure, est affichée en fonction du temps. La
puissance au temps t (on considère que l’excitation est stoppée à t = 0) est donc
proportionnelle à e−Γt. Si on exprime la puissance en décibel :

PdB(t) = 10 log[e−Γt] +K, (2.6.3)

où K est une constante qui dépend de beaucoup de paramètres comme la finesse de
la cavité, les puissances optiques du faisceau sonde et de l’oscillateur local, les gains
électroniques. . . La pente de la décroissance observée dans le cas d’une excitation pdB/s
est donc :

pdB/s = −10Γ
ln(10) . (2.6.4)
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Figure 2.16 – Mesure du facteur de qualité d’un mode mécanique par ringdown :
le mode est excité à sa fréquence propre pendant un certain temps, puis l’excitation
est coupée. On regarde la décroissance de la modulation de phase sur la détection
homodyne, d’où la mesure du facteur de qualité.

D’où le facteur de qualité en mesurant cette pente par :

Q = −10ΩM
pdB/s ln(10) . (2.6.5)

Du fait de la cavité, un filtrage est effectué — une amplification extrêmement
importante aussi, en comparaison d’une mesure qui serait réalisée avec un Michelson.
Ce filtrage dans le domaine fréquentiel se traduit par une convolution du déplacement
du miroir avec la fonction de réponse de la cavité. La largeur de la fonction de réponse
est fixée par le temps de vie des photons dans la cavité, de l’ordre du temps d’aller-
retour des photons multiplié par la finesse soit moins de 1µs, à comparer au temps
typique d’évolution de l’enveloppe, Γ, de l’ordre du hertz. On n’est donc nullement
gêné par le filtrage de la cavité dans cette mesure.

Un second filtrage est imposé par l’analyseur de spectre. Il correspond à la RBW 8

choisie pour la mesure : le temps de réponse de l’appareil — de l’ordre de 1/RBW—
doit être plus cours que le temps caractéristique d’évolution de l’enveloppe du signal.
Il n’est pourtant pas possible d’augmenter la RBW ad libitum puisque se faisant on
intègre de plus en plus de bruit et qu’il s’en suit une dégradation du rapport signal à
bruit de la mesure. Nous avons effectué nos mesure en choisissant une RBW de 30 Hz,
fixant un temps de réponse trente fois plus court que le temps caractéristique d’évolu-
tion du résonateur tout en permettant d’enregistrer la décroissance de la puissance de
modulation sur une dynamique de 40 dB (voir la figure 2.17).

Nous travaillons à puissance du faisceau sonde réduite (inférieure à 100µW) afin
d’éviter les effets dynamiques de la pression de radiation. Le refroidissement du mode
entraîne en effet une baisse de son facteur de qualité et l’amplification de son mouve-
ment, au contraire, en augmente le facteur de qualité effectif [61]. Les courbes expé-
rimentales sont reportées sur la figure 2.17. On en extrait des facteurs de qualité de

8. Resolution Bandwidth, c’est la plage d’intégration fréquentielle de l’analyseur de spectres.
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Figure 2.17 – Mesure du facteur de qualité par mesure du temps de perte d’énergie du
mode fondamental gaussien (à gauche) et du premier harmonique (à droite). On trouve
des facteurs de qualité de 660 000 et 672 000 respectivement à l’aide des ajustements
(en vert).

660 000 et 672 000 pour le mode fondamental et sa première harmonique respective-
ment.

Les pertes du système sont de plusieurs natures : amortissement par l’air ambiant,
pertes par ancrage, pertes intrinsèques au matériau [62], pertes dues au couches diélec-
triques. Toutes ces pertes s’ajoutent et le facteur de qualité total est donné par :

1
Q

= 1
Qair

+ 1
Qancrage

+ 1
Qsilice

+ 1
Qdiélectrique

. (2.6.6)

Les facteurs de qualité que nous avons introduits sont les facteurs de qualité qui seraient
obtenus pour le résonateur s’il était uniquement sujet aux pertes idoines.

On peut s’affranchir des pertes par rayonnement acoustique dans l’air en travaillant
sous vide. Les pertes par ancrage sont difficilement estimables ou modélisables. Cepen-
dant, dans le cas de modes gaussiens, confinés au centre du miroir, un système de
fixation par le bord du résonateur minimise ces pertes. Le groupe de Serge Galliou
enregistre ainsi des facteurs de qualités proches de la limite intrinsèque du matériau
constituant leurs résonateurs [59]. Les pertes intrinsèques de la silice sont très faibles
à température ambiante, si bien que le facteur de qualité est fixé par les pertes dues
au coating optique 9.

On note ρs/c et hs/c la masse volumique du substrat (du coating) et l’épaisseur au
centre du substrat (du coating). L’angle de pertes φ du mode, lié au facteur de qualité
du mode par Q = 1/φ, est calculé selon

φ = (1−D)φs +Dφc. (2.6.7)

On a introduit les angles de perte φs et φc du substrat et du coating ainsi que le fac-
teur de dilution D qui caractérise la part d’énergie dans le résonateur et le coating :

9. Il est avantageux de remplacer les couches amorphes par un coating cristallin de bon facteur de
qualité mécanique[63].
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D = Ec/(Ec + Es). Pour un mode gaussien, on trouve une masse M = π
4ρshsw [64],

où w désigne le col acoustique du mode. Quand le résonateur est en extension maxi-
male, l’énergie est entièrement sous forme potentielle, si bien que l’énergie contenue
dans le substrat est donnée par Es = 1

2MΩ2
MA

2, A étant l’amplitude du mouvement.
Concernant le substrat, on se place dans l’approximation de faible épaisseur par rap-
port au diamètre du résonateur et de faible amplitude de déplacement par rapport à
l’épaisseur ; on néglige alors le déplacement transverse du coating. Le déplacement du
coating au cours du temps est donné par le profil du mode du substrat u pris à la
surface. Sachant que u(r,t) = A cos(ΩMt)e−

r2
w2 , l’énergie cinétique associée au coating

est donnée par :

Ecc(t) = 1
2

ˆ
rdθdrρchc

∣∣∣∣∂u∂t
∣∣∣∣2 . (2.6.8)

Cette quantité, maximale quand le profil n’est pas déformé, permet d’accéder à l’énergie
stockée dans le coating :

Ec = π

2 ρchcw
2Ω2

mA
2. (2.6.9)

Dans la mesure où Es >> Ec, le facteur de dilution a pour valeur D = ρchc
ρshs

. Il nous
faut évaluer la masse volumique et l’angle de perte du coating.

Le miroir est composé de 14 doublets d’alternance de couches d’oxyde de sili-
cium et d’oxyde de tantale d’épaisseurs respectives 170 nm et 140 nm. On a donc
ρc = 4,8 g. cm−3, hc = 4,8µm. En prenant φc = 2,7 × 10−4, comme mesuré dans
la référence[65], et hs = 2,5 mm, ρs = 2,4 g. cm−3, φs = 10−7, l’on trouve un angle
de pertes de φ = 2 × 10−6 et un facteur de qualité limite de 1 million. Nous mesu-
rons expérimentalement des valeurs compatibles avec les incertitudes sur les angles de
perte du substrat et du coating. Il nous reste à estimer la masse de ces modes pour les
caractériser complètement.

Mesure de la masse

La mesure de la masse passe par une calibration des spectres de bruit, qui nous
permettra de remonter à la masse par le théorème d’équipartition de l’énergie.

Une calibration simple peut être obtenue grâce au signal PDH. La conversion
volt/déphasage s’acquiert en mesurant la pente du signal au voisinage de la résonance
lors d’un scan de la cavité. Les bandes latérales de fréquence connue permettent de
calibrer l’axe horizontal [66]. Le signal d’erreur porte l’information de déphasage de
la cavité, corrigée par le filtrage de la cavité et proportionnelle à la pente du signal
d’erreur :

δVPDH[f ] = 1√
1 + (f/fcav)2

dVPDH
dΨ

∣∣∣∣
Ψ=0

δΨ[f ]. (2.6.10)

Le sortie d’erreur est envoyé sur un analyseur de spectres. Celui-ci mesure la puissance
dissipée par le signal dans une résistance R de 50 Ohm, son impédance d’entrée, et
intégrée sur la RBW . La conversion en dBm est donc assurée par :

PdBm(f) = 20 log δVPDH[f ]
√
RBW√

R× 1 mW
. (2.6.11)
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Á l’aide de (1.3.83), on retrouve l’amplitude spectrale de déplacement en fonction des
fluctuations du signal PDH :

δx[f ] = λ

4π

√
1 + (f/fcav)2

( 1
dVPDH
dΨ

)√
R× 1 mW
RBW

10P dBm(f)/20. (2.6.12)

La figure 2.18 présente le spectre calibré du déplacement du premier harmonique.
Un ajustement lorentzien nous donne une mesure du facteur de qualité. Si des effets
de refroidissement ou de chauffage par l’action en retour sont présents, le facteur de
qualité est modifié. La température Teff du mode est donnée par le rapport des facteurs
de qualité Q mesurés par la technique du ring-down présentée section 2.6.2, où l’on
s’est assuré qu’aucun effet d’action en retour n’était présent, et la mesure donnée par
l’ajustement Qeff :

Teff = Q

Qeff
T. (2.6.13)

L’application du théorème d’équipartition de l’énergie :
1
2∆x2ΩM = 1

2kbTeff , (2.6.14)

nous permet de mesurer la masse du mode. Le spectre est intégré pour donner la
variance du déplacement :

∆x2 =
ˆ
Sx[f ]df. (2.6.15)

De cette procédure, nous déduisons une masse de 370 mg.
Le même traitement est réservé au mode fondamental, dont la courbe calibrée est

présentée sur la figure 2.18. Nous trouvons cette fois une masse de 200 mg, résultat qui
peut apparaître surprenant, la masse des modes diminuant avec leur ordre, mais qui
peut s’interpréter en terme de désalignement des modes optique et mécanique. Nous
revenons sur ce point infra. Les modes étant caractérisés, nous pouvons maintenant
estimer leur réponse au bruit quantique de pression de radiation tant théoriquement
qu’expérimentalement.

Figure 2.18 – Spectres de déplacement calibrés du mode fondamental et du premier
harmonique.
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2.6.3 Détermination du niveau de corrélations quantiques attendu

À l’aide des formules (1.4.17), (1.4.2) et en rappelant qu’à haute température le
nombre de phonons (1.4.3) dans le résonateur est donné par n̄ = kbT/~ΩM, on évalue
le rapport bruit de pression de radiation sur bruit thermique :

Srad
x

ST
x

= 1,2× 10−5 ×
( F

120 000

)2 1

1 +
(
fM
fcav

)2
P in

1 mW × 100 mg
M

Q

106
1 MHz
fM

× 300 K
T

.

(2.6.16)

Pour le mode fondamental, on s’attend à un rapport signal à bruit de l’ordre de 1,8×
10−6 pour une puissance incidente de 1 mW, soit des corrélations de 0,13%. Pour le
mode harmonique, plus lourd et à plus haute fréquence, ce rapport est moins bon. Il
vaut 4,4× 10−7 et correspond donc à des corrélations de 0,06%.

L’expression précédente n’est valable qu’à résonance mécanique, où le contribution
des autres modes est négligeable. En dehors de résonance, ce rapport est plus diffici-
lement calculable. On peut cependant l’estimer en mesurant le bruit thermique et la
réponse à une force de pression de radiation classique. Pour cela, les deux faisceaux,
sonde et pompe, sont asservis à la cavité. La sortie d’un analyseur de réseau est bran-
chée sur l’entrée de modulation d’intensité du contrôleur du VCO servant au décalage
en fréquence du faisceau pompe, comme dans le cas ou nous cherchions à mesurer la
bande passante du FPM.

Nous nous assurons de la bonne isolation optique des faisceaux pour que toute
modulation détectée sur le faisceau sonde par la détection homodyne soit due à la
réponse du miroir à la pression de radiation classique que nous lui imposons. La sortie
de la détection homodyne est branché sur l’entrée de l’analyseur de spectres.

La mesure de la puissance de modulation d’intensité Smod[f ], de la réponse en
phase Srep[f ], du bruit thermique Stherm[f ] et du bruit quantique d’intensité Sshot[f ]
en dBm (les évaluations de la modulation d’intensité et du bruit quantique doivent
être réalisées par la même détection, il en va de même pour la réponse du miroir à la
modulation d’intensité et du bruit thermique) permet l’évaluation de Srad

x [f ]/ST
x [f ]. La

modulation d’intensité et la réponse sont des bruits cohérents, leur mesure ne dépend
pas de la RBW de la mesure. Il n’en est pas de même pour le bruit shot et le bruit
thermique et ces deux mesures doivent être réalisées à la même RBW . En pratique,
nous prenons une RBW de 1 Hz. Le rapport signal à bruit est donné par :

Srad
x [f ]
ST
x [f ] = 10

(
Srep[f ]−Smod[f ]+Sshot[f ]−Stherm[f ]

10

)
. (2.6.17)

Nous obtenons une mesure qui dépend de la fréquence d’analyse : la formule (2.6.16)
suppose une réponse mono-modale du miroir. Or, comme nous l’avons vu sur la fi-
gure 2.15, le miroir supporte de nombreux modes qui donnent lieu à quelques effets
intéressants. Pour étudier le comportement en fréquence de la réponse du miroir, nous
branchons la sortie de la détection homodyne à l’entrée de l’analyseur de réseau et
parcourons une plage large au regard de la largeur des modes (de l’ordre du kilohertz
pour des modes d’une largeur de l’ordre du hertz). Le temps de moyennage sur chaque
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point doit être supérieur à l’inverse de la largeur du mode pour éviter les effets d’inter-
férence mécanique lors du parcours qui déformeraient la courbe de réponse du mode.
Remarquons que nous sous-évaluons la réponse au bruit de pression de radiation. Pour
simplifier l’analyse, plaçons nous à basse fréquence pour supprimer le filtrage de la
cavité. L’équation (1.3.86) permet d’écrire, pour une modulation incidente bien au
dessus du shot, le spectre d’intensité dans la cavité Scav

mod, celui ressenti par le miroir,
en fonction du spectre incident Smod :

Scav
mod = T

γ2Smod. (2.6.18)

Le cas des fluctuations quantiques diffèrent puisque les pertes du système font entrer
un nouveau bruit :

Scav
shot = 2

γ
Sshot. (2.6.19)

La formule (2.6.17) doit être corrigée par les pertes du système :

Srad
x [f ]
ST
x [f ] = T + P

T
10
(
Srep[f ]−Smod[f ]+Sshot[f ]−Stherm[f ]

10

)
. (2.6.20)

La transmission du coupleur du FPM est de 10 ppm et on déduit de la valeur de la
finesse des pertes P de 42 ppm. La correction est donc finalement d’un facteur 1,2.

La procédure exposée est réalisée sur le mode fondamental. On obtient la courbe
présentée sur la figure 2.19. Le rapport signal à bruit est estimé à 1,2× 10−6 à la fré-
quence de modulation imposée. La modulation est effectuée hors résonance mécanique
afin de s’affranchir d’une éventuelle dérive de la fréquence du mode mécanique.

On trouve le rapport signal à bruit sur la plage fréquentielle d’intérêt en comparant
le rapport entre le bruit thermique et la réponse du miroir obtenue à l’analyseur de
réseau à la fréquence de modulation et à la fréquence de résonance mécanique. Comme
à la fréquence de modulation le bruit thermique est 3 dB au dessus de la réponse du
miroir, le rapport signal à bruit à la fréquence de résonance mécanique est le double
de celui mesuré à la fréquence de modulation.

Nous remarquons qu’il semble favorable de travailler non pas à résonance méca-
nique, mais sur le bord du pic où la réponse est au-dessus du bruit thermique. On
bénéficie de plus d’une zone de travail plus large — nous verrons que cela réduit le
temps de moyennage —, et moins sensible aux dérives de la fréquence du mode méca-
nique.

Les résultats sont un peu différents sur le mode harmonique, figure 2.20. Nous
voyons un effet d’interférence avec le fond. À gauche du pic, le fond mécanique et
le mode sont en phase et leurs réponses s’ajoutent tandis qu’à droite, elles sont en
opposition de phase et leurs réponses se soustraient. À droite du pic, on a donc une
zone d’annulation de l’action en retour [67] favorable à une mesure de précision mais
défavorable à la mise en évidence des corrélations quantiques. Le gain sur le bord du
pic à gauche est de 4 dB sur une large plage. Nous y avons mesuré un rapport signal
à bruit de 1× 10−6, correspondant à une valeur de 4,8× 10−7 à résonance. La valeur
est proche de celle prévue et semble indiquer que les paramètres du résonateur et de
la cavité sont assez bien connus.
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Figure 2.19 – Réponse du mode fondamental à la pression de radiation et comparaison
au niveau de bruit thermique.

Un tel effet d’interférence constructive du fond avec le mode fondamental avait été
mesuré à 20 dB [47], donnant un rapport signal à bruit de 10−4. Nous aussi simulé les
modes pour corroborer nos mesures.

Réponse multimode

L’amélioration de la réponse du miroir hors de la résonance mécanique peut se
comprendre en notant que la réponse du miroir est donnée par la réponse χ du mode
le plus proche et χbg, la réponse du fond mécanique, c’est-à-dire la réponse basse
fréquence de tous les autres modes, plate en fréquence à l’échelle de quelques centaines
de largeurs du pic mécanique dominant. Sur cette largeur, le déplacement du miroir
est dû largement au bruit thermique du mode dominant. Le bruit thermique dû au
fond mécanique est donné par [60] :

xbg[Ω] =
∑
k

χeff
k [Ω]F eff

T,k[Ω] (2.6.21)

La susceptibilité effective du kème mode est donnée par :

χeff
k =

〈
uk,v

2
〉2
χk. (2.6.22)

Le terme
〈
uk,v

2〉 est l’intégrale de recouvrement entre le déplacement surfacique nor-
malisé projeté selon l’axe optique de la cavité du mode mécanique considéré uk et la
distribution d’intensité du mode optique v2. Ce terme caractérise le couplage entre les
modes mécanique et optique. En effet, le déplacement mesuré par le faisceau est une
moyenne pondérée par la distribution d’intensité de celui-ci. Certains modes ont une



2.6. FPM 67

Figure 2.20 – Réponse du premier harmonique à la pression de radiation et compa-
raison au niveau de bruit thermique. Le point rouge correspond à la fréquence où le
rapport du bruit de pression de radiation sur le bruit thermique a été évalué de façon
absolue.

intégrale de recouvrement nulle et ne contribuent pas au déplacement mesuré. Tout se
passe comme si la masse à prendre en compte n’était pas la masse du mode Mk mais
plutôt une masse effective M eff

k modifiée par le recouvrement des modes :

M eff
k = Mk

〈uk,v2〉2
, (2.6.23)

et que le mode était soumis à une force de Langevin effective,

F eff
T,k = FT,k

〈uk,v2〉
. (2.6.24)

Avec ces définitions deM eff
k et F eff

T,k, le théorème de fluctuations-dissipation est satisfait.
Ainsi, certains modes ne contribuent pas au déplacement mesuré par la lumière, c’est
le cas par exemple des modes de cisaillement ou des modes gaussiens avec l 6= 0 10.

Les forces de Langevin effectives des différents modes ne sont pas corrélées et le
spectre de déplacement du miroir est donc la somme des spectres de déplacement pour
chaque mode :

ST
xbg [Ω] =

∑
k

M eff
k

Mk

∣∣∣χeff
k [Ω]

∣∣∣2 ST
F,k. (2.6.25)

10. Comme les modes portés par la cavité optique, les modes gaussiens portés par le résonateur
sont caractérisés par un triplet de nombre n,p,l indiquant respectivement le nombre de nœuds selon la
direction longitudinale, le nombre de nœuds dans la direction transverse et le degré de symétrie par
rotation.
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Cela n’est pas le cas de la force de pression de radiation, d’origine quantique ou non.
Les modes répondants à la même force, leur réponses sont corrélées, et le spectre total
n’est plus la simple somme des réponses individuelles :

Srad
xbg [Ω] =

∑
k,k′

√
M eff
k M eff

k′

MkMk′
χeff
k [Ω]χeff

k′ [Ω]?Srad
F . (2.6.26)

Le rapport Srad
xbg/S

T
xbg est complexe à calculer théoriquement puisqu’il consiste à calculer

la réponse d’une infinité de modes. On peut simplifier l’analyse en considérant que nous
regardons la réponse à basse fréquence et pour tous les modes, leur susceptibilité est
réelle, positive et ne dépend pas de la fréquence. On trouve alors que :

Srad
xbg

ST
xbg

>
Srad
F∑

k S
T,eff
F,k

. (2.6.27)

Cette expression exprime que le fond mécanique répond mieux que dans le cas mono-
mode, où on a égalité entre le rapport des spectres de forces et celui des spectres de
déplacement :

Srad
x

ST
x

= Srad
F

ST
F

. (2.6.28)

Si maintenant nous superposons le fond mécanique, de susceptibilité χbg, et un mode de
susceptibilité χ[Ω], nous obtenons une réponse asymétrique par rapport à la fréquence
de résonance du mode. En effet, la réponse à la force de pression de radiation est
déterminée par :

Srad
x [Ω] = |χbg + χ[Ω]|2 Srad

F [Ω]. (2.6.29)

On obtient une quasi-annulation de la réponse à droite de la résonance qui peut être
exploitée dans des mesures de haute précision de faibles forces.

Loin de la résonance, la force à la pression de radiation peut être largement aug-
mentée par rapport à une réponse monomode : la réponse multi-mode peut ainsi être
un grand atout pour la mise en évidence de corrélations optomécaniques.

2.6.4 Simulation des modes

La masse des modes, ainsi que leur profil spatial, sont extraits de simulations réali-
sées avec le logiciel Comsol. Nous imposons une symétrie axiale aux modes simulés, ce
qui réduit la densité de modes obtenus et facilite leur repérage. Les paramètres choi-
sis correspondent à ceux du résonateur utilisé dans le FPM, qui sont par ailleurs les
mêmes que ceux utilisés par Tristan Briant dans une expérience où tant la masse des
modes que leur profil ont été mesurés [60]. La comparaison entre les valeurs obtenues
par simulation et expérimentalement valide nos travaux.

L’équation aux valeurs propres pour la propagation d’une déformation dans un
milieu élastique est résolue par éléments finis. Nous obtenons pour chaque mode la
déformée, c’est-à-dire le déplacement de chaque cellule constituant le résonateur. Les
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F

Figure 2.21 – Interférence mécanique entre la réponse du fond et celle d’un mode.

résultats obtenues pour les modes gaussiens fondamental et harmonique 1 sont pré-
sentés dans la figure 2.22. La simulation nous donne des fréquences de résonance de
1,132 MHz et 2,146 MHz, très proches des valeurs mesurées pour le résonateur utilisé :
1,129 MHz et 2,143 MHz, soit une erreur de moins de 1%.

Nous remarquons que les modes ne sont pas tout à fait gaussiens. La théorie présen-
tée dans le référence [57] ne suffit pas à caractériser convenablement à nos résonateurs.
Les simulations par éléments finis sont en bon accord avec l’expérience. Le déplacement
de la surface plane extrait de nos simulations est tracé sur la figure 2.23, ainsi qu’un
ajustement gaussien de la zone la plus proche du centre du miroir. Les simulations
donnent un col acoustique de 3,1 mm et 2 mm pour le fondamental et son harmonique
respectivement. Ces valeurs sont à comparer tant aux valeurs expérimentales : 3,5 mm
et 2,4 mm que celles obtenues par la théorie simple : 5,8 mm et 4,1 mm. Ainsi, mesures
et simulations concordent à mieux que 20% tandis que mesure et théorie diffèrent de
plus de 40% dans le meilleur des cas.

La masse des modes est extraite des simulations en intégrant la densité de dépla-
cement multipliée par la masse volumique du matériau et normalisée par la densité de
déplacement vertical au centre. On obtient ainsi la masse effective du mode 11, celle
perçue par un faisceau frappant le mode en son centre 12. La simulation prédit des
valeurs de 31 mg pour le fondamental et 37 mg pour le premier harmonique.

L’augmentation de masse du premier harmonique est due au fait que la densité
de déplacement maximale pour cet ordre est situé dans le volume, alors que dans
le cas du fondamental elle est bien à la surface (voir la figure 2.24). Les valeurs des
masses dans la référence [60] sont de 40 mg et 50 mg (on note que l’harmonique est plus
lourd que le fondamental). Les deux valeurs sont supérieures à la valeur prédites par

11. Pour mesurer la masse réelle du mode, on normalise par la densité de déplacement maximale
sur tout le volume.
12. Le col optique est très largement inférieur au col acoustique.
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Figure 2.22 – Représentation de la déformée des modes fondamental et harmonique
1. La couleur correspond à la densité de déplacement. Le déplacement de la face plane
obtenus dans [60] est reporté sous les données de la simulation.

les simulations mais bien inférieures aux valeurs théoriques pour des profils purement
gaussiens : 153 mg pour le fondamental et 77 mg pour le premier harmonique.

La différence entre la simulation et l’expérience peut se comprendre en admettant
que le faisceau optique ne vient pas sonder le déplacement au centre du miroir mais
est au contraire légèrement excentré. Il faut appliquer un facteur de correction donné
par le carré du profil spatial normalisé par le déplacement au centre du mode. Une
telle courbe est donnée sur la figure 2.25.

Si on admet que la différence de masse est entièrement due à la mauvaise adaptation
spatiale des modes mécaniques et optiques, on trouve que la position du faisceau est
excentrée de 1,1 mm pour le fondamental et de 0,8 mm pour l’harmonique. L’effet de
l’excentrage est plus important pour l’harmonique du fait de son col acoustique réduit.
Dans notre expérience, les masses mesurées sont plus importantes : 200 mg et 370 mg,
ce qui peut s’expliquer par un décentrage de plus de 2 mm.

Évolution fréquentielle des modes et classification

Afin de confirmer le caractères confiné des modes que nous avons étudiés, nous
avons entrepris d’autres simulations. Nous reportons sur la figure 2.27 l’évolution de la
fréquence de résonance de quelques modes autour du fondamental gaussien en faisant
varier le rayon de courbure du résonateur de 60 mm, proche de la valeur minimale pos-
sible sans intersection de la face plane par la face convexe, à 200 mm. Nous y reportons
aussi le profil des modes sur la surface dans la première colonne et le déplacement
normal dans la tranche en épaisseur au centre du résonateur dans la seconde.

Nous distinguons trois comportements différents que nous associons à trois familles
de modes : piégés, cylindriques et de flexion.

— La fréquence de résonance des modes piégés a une dépendance faible avec le
rayon de courbure du résonateur, associée à un déplacement normal sinusoïdal



2.6. FPM 71

Figure 2.23 – Profil des modes fondamental et harmonique 1. Les courbes pleines
correspondent aux simulations et les courbes en pointillés sont des ajustements par une
gaussienne des profils au centre issus des simulations. On obtient des cols acoustiques
de 3,1 mm et 2 mm pour le fondamental et l’harmonique respectivement.

dans la tranche centrale du résonateur, ainsi qu’un déplacement de plus en plus
faible sur les bords du miroir à mesure que la rayon de courbure diminue et
que donc le confinement augmente. De plus, la fréquence décroit avec le rayon
de courbure. On interprète physiquement la dépendance en fréquence en remar-
quant que la zone du résonateur où ces modes ont un déplacement important, la
zone centrale, varie peu avec le rayon de courbure. Leur fréquence de résonance
est fixée par une épaisseur effective du résonateur donnée par la moyenne de
l’épaisseur du résonateur sur le centre du résonateur. Cette épaisseur effective
diminue lentement avec le rayon de courbure car seul le centre du résonateur
(où l’enlèvement de matière est léger) est à considérer. À cette diminution de
l’épaisseur est associée une augmentation de la fréquence, légère elle aussi. Par
exemple, la fréquence Ωnpl des modes gaussiens obéit à la loi :

Ωnpl = ΩISL

√√√√
n2 + (2p+ l + 1)2n

π

√
h0
R
, (2.6.30)

Nous avons introduit ΩISL, l’intervalle spectral libre du résonateur. Il est donné
par l’épaisseur au centre h0 et la vitesse du son dans le matériau cl : ΩISL =
πcl/h0. Nous avons donc une augmentation lente de la fréquence lors de la
diminution du rayon de courbure R.

— Les modes cylindriques ont un déplacement important sur une large portion
du résonateur et sont donc bien plus sensibles à la diminution de l’épaisseur
moyenne lors de la réduction du rayon de courbure : leur fréquence augmente
donc rapidement quand le rayon de courbure diminue. En outre, leur déplace-
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Figure 2.24 – Densité de déplacement des modes dans la tranche centrale du résona-
teur.

ment normal au centre n’est pas sinusoïdal.
— Les modes de flexion ont un déplacement important sur les bords du résonateur.

Le mode provient d’une onde stationnaire radiale de cisaillement, tel des ronds
dans l’eau ; la vitesse de cette onde est d’autant plus faible que l’épaisseur du
résonateur est petite. Ceci explique que la fréquence de ces modes diminue avec
l’épaisseur moyenne et donc le rayon de courbure du résonateur.

Nous avons étudié l’effet du rayon de courbure sur le mode fondamental afin de
vérifier que le piégeage évoluait bien comme attendu, et confirmer que les modes obser-
vés, dont le profil n’est pas exactement gaussien, convergeaient vers de beaux modes
gaussiens quand le confinement augmentait. Comme nous pouvons le voir sur la fi-
gure 2.26, à mesure que le rayon de courbure diminue, le confinement augmente, ce qui
se traduit par deux effets : nous avons d’abord une diminution du mouvement au bord
et ensuite une réduction du creux au pied du pic central associée à un élargissement
de celui-ci. Rappelons que les modes gaussiens attendus sont plus larges que les modes
observés.

Nous pouvons donc classer le mode fondamental comme un mode gaussien dont
le confinement n’est pas total. Les modes 3, 4 et 7 de la figure 2.27 semblent être
des modes gaussiens transverses, dont le confinement est plus difficile. Leur extension
typique est plus grande que celle due fondamental, ce qui explique leur dépendance en
fréquence plus importante que celle du fondamental vis-à-vis du rayon de courbure du
résonateur.

La figure 2.27 présente également des phénomènes intéressants d’anti-croisement
qui peuvent être importants entre les modes cylindriques et de flexion. Un exemple est
visible sur la figure 2.27, pour un rayon de courbure de 120 mm et les modes à 1,2 MHz
et 1,18 MHz.

La simulation des résonateurs en silice est satisfaisante et nous nous sommes servis
de cette expérience pour simuler un résonateur en quartz de dimensions réduites dans
la partie 4.2.1.
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Figure 2.25 – Masse effective attendue en fonction de la distance du centre du mode
optique et du centre du mode mécanique pour le mode fondamental et l’harmonique.
Les unités sont en fraction de masse réelle du mode.

Figure 2.26 – Évolution du profil du mode fondamental avec le rayon de courbure du
résonateur.
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Figure 2.27 – Évolution de la fréquence de quelques modes en fonction du rayon de
courbure du résonateur. Se référer au texte principal pour une discussion.



Chapitre 3

Nous souhaitons mettre en évidence les corrélations optomécaniques. Nous avons vu
que dans le cas où le bruit de pression de radiation est petit devant le bruit thermique,
le coefficient de corrélation est donné par :

c = 3,5.10−3 ×
( F

120 000

)√ 1
1 + (fM/fcav)2

P in

1 mW ×
√

100 mg
M

Q

106
1 MHz
fM

×

√
300 K
T

.

Cette valeur, déjà faible, peut de plus malheureusement être rapidement masquée par
la présence d’autres corrélations dites parasites. Elles sont essentiellement dues à une
contamination par le bruit d’intensité classique du faisceau laser ou un désaccord non
nul du faisceau pompe et de la cavité principalement.

Nous présentons le principe de l’expérience de la mesure des corrélations optomé-
caniques en utilisant un système d’asservissement basse fréquence à la cavité ainsi que
les principales difficultés expérimentales à leur révélation, dont le temps de moyennage.

3.1 Temps de moyennage

Nous estimons dans cette partie le temps de moyennage nécessaire pour résoudre
les corrélations. Ce temps est évidement lié au bruit ajouté sur la mesure, qui fixe le
niveau de corrélation, et la largeur spectrale de la mesure Γ. Cette largeur est liée au
nombre de mesure indépendantes que nous pouvons effectuer en une seconde.

3.1.1 Approche heuristique

Considérons deux processus x et y tels que y contient une certaine contribution de
x, pondérée par un réel α, mais aussi un bruit n. Si le bruit est dominant, comment
mettre en évidence α, soit la petite contribution de x à y ?

Signal constant

Supposons d’abord que x est constant, la situation est représentée sur la figure 3.1.
Les processus nous donnent une collection de valeurs xk et yk. Au temps T , nous

75
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Figure 3.1 – Présentation de la mesure d’un petit signal αx présent dans y, masqué
par un bruit n.

possédons N = ΓT échantillons — Γ représente alors la vitesse d’acquisition — que
nous pouvons écrire :

xk = x, (3.1.1)
yk = αx+ nk. (3.1.2)

Si le bruit est centré, il suffit de moyenner ensemble les N échantillons yk :

1
N

N∑
k

yk = αx+ 1
N

N∑
k

nk. (3.1.3)

Le premier terme, est la quantité que nous voulons mesurer, le deuxième est le bruit que
nous voulons éliminer. Appelons CN la somme précédente. Pour tout N , l’espérance
de CN est donné par :

E (CN ) = αx. (3.1.4)

Est-ce à dire que le dernier terme de l’équation 3.1.3 est nul ? Il l’est sur l’ensemble sta-
tistique, pas sur une réalisation particulière, d’où l’idée de moyenner un grand nombre
d’échantillons. Par ergodicité, on s’attend à éliminer le bruit. En effet, par le théorème
de la limite centrale, et en notant σn l’écart type de n, nous avons :

σCN = σn√
N
. (3.1.5)

Un critère intuitif pour la mise en évidence de α est d’imposer que l’écart-type sur
CN soit inférieur à sa moyenne. Ceci conduit alors à acquérir un nombre d’échantillon
minimal pour la bonne mesure de α, Nmeas, donné par :

Nmeas = σn
αx

2
. (3.1.6)

Nous pouvons réécrire l’équation précédente en terme de temps de mesure et de rapport
signal à bruit, ou SNR :

SNR = α2x2

σ2
n

, (3.1.7)

Tmeas = 1
Γ SNR . (3.1.8)
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Figure 3.2 – Convergence de CN vers αx. La variance du bruit est prise égale à 1 et
αx vaut 0,01. Pour discriminer αx de 0, il faut donc moyenner 1000 échantillons. Les
courbes rouges représentent la convergence théorique en 1/

√
n de CN .

La figure 3.2 présente la convergence de CN vers la valeur désirée. Le critère du temps
de mesure est défini modulo un choix de convention. Un choix commun est de mesurer
trois fois le temps de mesure Tmeas, la réduction du bruit est alors plus nette. Le temps
de mesure est donc entièrement déterminé par le rapport signal à bruit et le taux
d’acquisition. Dans le cas d’un signal aléatoire, la démarche se généralise.

Cas d’un signal aléatoire

Les signaux x et y sont cette fois tous les deux aléatoires. Ils sont maintenant liés
par :

yk = αxk + nk. (3.1.9)

Un simple moyennage n’est plus suffisant si x est centré. Le moyennage fonctionne si
nous trouvons une quantité dont la moyenne n’est pas nulle. C’est le cas de x2

k, qui
est toujours positif. Nous moyennons donc le produit des N termes xkyk obtenus au
temps T . Nous notons CN cette somme :

CN = 1
N

N∑
k

xkyk

CN = α
1
N

N∑
k

x2
k + 1

N

N∑
k

xknk. (3.1.10)
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Figure 3.3 – Présentation de la mesure d’un petit signal aléatoire αx présent dans y,
masqué par un bruit n.

Si le signal est indépendant du bruit, l’espérance de CN est alors :

E (CN ) = ασ2
x, (3.1.11)

puisque E (xknk) = E (xk) E (nk) = 0 × 0 d’après nos hypothèses. Comme précédem-
ment, le calcul de la variance de CN s’effectue à l’aide du théorème de la limite centrale :

σCN = α3σ2
x√

N
+ σxσn√

N
. (3.1.12)

Nous avons encore utilisé comme hypothèse l’indépendance de x et n, que ces deux pro-
cessus sont centrés et supposé que x présente une statistique gaussienne. Nous voyons
l’apparition de deux contributions : nous avons d’une part le temps de convergence de
l’estimation du signal et d’autre part le temps de réduction de la contamination du
signal par le bruit. Ces deux contributions convergent à la même vitesse. Comme le
bruit est bien plus grand que la contribution de x à y, la deuxième contribution est
dominante et impose le temps de moyennage.

Nous définissons cette fois le rapport signal à bruit de la mesure comme :

SNR = α2σ2
x

σ2
n

. (3.1.13)

Par les mêmes arguments qu’à la partie précédente, le nombre d’échantillons à acquérir
puis le temps minimal de la mesure sont donnés par :

Nmeas = σ2
n

α2σ2
x

, (3.1.14)

Tmeas = 1
Γ SNR . (3.1.15)

Nous retrouvons le même temps de mesure que dans le cas d’un signal constant. La
quantité CN est en fait analogue au spectre croisé. Nous pouvons la normaliser par la
racine du produit des variances, analogues aux spectres, et définir ainsi cN , le coefficient
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de corrélation de la série temporelle. En notant c, sa limite pour un grand nombre
d’échantillons, nous obtenons :

c = α
σx
σn
. (3.1.16)

Le temps de moyennage, exprimé en terme de corrélations et de vitesse d’acquisition,
est donc donné par :

Tmeas = 1
Γc2 . (3.1.17)

Nous pouvons maintenant étendre l’analyse au domaine spectral.

Cas fréquentiel.

Notons x et y deux processus aléatoires stationnaires liés par :

y[f ] = χ(f)x[f ] + n[f ]. (3.1.18)

Cette expression traduit que y porte réponse la cohérente à x via une fonction de
transfert χ, et un bruit n. Les corrélations vont permettre la mise en évidence de la
fonction de transfert si le bruit n est décorrélé de x. En effet, dans ce cas, le coefficient
de corrélation cxy[f ] des deux signaux, en supposant le bruit dominant de sorte que le
spectre de y se résume à celui de n : Sy[f ] ≈ Sn[f ], devient :

cxy[f ] = χ(f)
√
Sx[f ]
Sn[f ] . (3.1.19)

Le coefficient est définit par une moyenne statistique, que nous pouvons transformer
en moyenne temporelle grâce à l’ergodicité. Tirons quelques enseignements de ce qui
précède. La vitesse de convergence était donnée par un calcul de variance en utilisant
le théorème de la limite centrale. Ce théorème s’applique à des échantillons décorrélés,
le temps de cohérence va donc jouer un rôle dans le temps de mesure. La vitesse
d’acquisition est Γ pour un système de largeur spectrale Γ. De plus, en comparant les
équations (3.1.16) et (3.1.19), nous trouvons que χ joue le rôle de α et le rapport signal
à bruit de la mesure est :

SNR = |χ(f)|2Sx[f ]
Sn[f ] . (3.1.20)

Nous en concluons donc un temps de moyennage Tmeas de :

Tmeas = 1
Γ |cxy[f ]|2

. (3.1.21)

Ainsi, par ces arguments nous estimons le temps de moyennage pour notre expérience
à 2h45, si on se donne une plage fréquentielle de 100 Hz. Si l’on effectue l’expérience
à résonance mécanique, où typiquement Γ = 1 Hz, alors il faut moyenner 300 heures :
la situation s’est aggravée puisque la variance sur le terme cohérent du spectre croisé
n’est plus négligeable [56].
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3.1.2 Approche expérimentale
Expérimentalement, nous utilisons un analyseur vectoriel de signaux (VSA) pour

mesurer les corrélations fréquentielles entre x et y en remplaçant les moyennes sta-
tistiques par des moyennes temporelles. Ceci se traduit par un moyennage sur les
acquisitions successives qu’effectue l’analyseur.

3.2 Mesure expérimentale des spectres et spectres croisés.
L’analyseur vectoriel de signaux fonctionne de la manière suivante : deux traces

temporelles sont enregistrées en même temps. Une fenêtreW est appliquée aux données
temporelles. Celle-ci est utile pour réduire les effets de fuite spectrale notamment. Une
FFT est ensuite réalisée sur les traces, ce qui permet de retrouver le spectre des signaux
et leur spectre croisé. Le spectre estimé à la fréquence f est donné par la norme du
coefficient de Fourier (voir la figure 3.4), tandis que le spectre croisé est donné par le
produit de la composante de Fourier du premier signal par le conjugué de la composante
de Fourier du second signal (voir la figure 3.5).

Si nous utilisons une acquisition unique, nous obtenons deux valeurs (complexes)
x[f ] et y[f ]. Le coefficient fréquentiel c[f ] est donc :

c[f ] = x[f ]y[f ]?

|x[f ]||y[f ]| . (3.2.1)

Ce coefficient est de norme 1, que les bruits soient décorrélés ou non. Il est donc
important de moyenner plusieurs acquisitions. Ce faisant, nous mettons en application
la méthode de Bartell [68], qui fournit un estimateur asymptotiquement consistant des
spectres et du spectre croisé.

Supposons que le bruit et le signal puissent être considérés comme blancs sur la
largeur Γ de la mesure et que nous choisissions de travailler avec une certaine RBW .
Dans le cas de l’estimation de Sx, la kème acquisition donne une collection de spectres
estimés Ŝx[fi]. Les fi vérifient :

fi = fc + iRBW, (3.2.2)

i ∈
s
−Γ

2RBW ; Γ
2RBW

{
. (3.2.3)

Le nombre de points n’est en toute rigueur pas donné uniquement par la RBW , qui
est un critère qualitatif permettant de juger de la résolution fréquentielle de la mesure,
mais plutôt par la fenêtre utilisée au travers de sa bande passante équivalente de bruit.
Ce paramètre ne joue pas un rôle majeur dans l’analyse qui suit et nous décidons de
considérer que la mesure retourne M points, avec M donné par :

M = Γ
RBW . (3.2.4)

L’estimateur utilisé par le VSA est appelé périodogramme modifié. C’est malheureu-
sement un estimateur inconsistant : son espérance est donnée par la convolution de la
vraie densité spectrale des signaux et le spectre de la fenêtre, donc pas la vraie densité
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spectrale. Quant à son écart-type, il n’est même pas asymptotiquement nul, mais est
lié, lui aussi, au spectre réel et dépend faiblement de la fenêtre utilisée [69] :

E
(
Ŝx[fi]

)
= |W (fi)|2 ? S[fi], (3.2.5)

σŜx[fi] = Sx. (3.2.6)

Avoir un biais faible encourage à prendre une fenêtre piquée, mais on favorise alors la
fuite spectrale. Le choix de la fenêtre résulte donc d’un compromis entre la résolution
spectrale et la dynamique de la mesure. Nous supposons les bruits blancs sur Γ et la
réponse plate, les estimateurs coïncident pour tout i et nous pouvons les moyenner.
Nous notons Ŝkx l’estimateur donné par le moyennage des M points :

Ŝkx = 1
M

∑
i

Ŝx[fi]. (3.2.7)

Comme les estimateurs sont décorrélés, nous trouvons une expression simple pour
espérance et déviation standard :

E
(
Ŝkx

)
= |W (f)|2 ? S[f ], (3.2.8)

σŜkx
= Sx√

M
. (3.2.9)

Si, au bout d’un temps T , nous possédons N traces temporelles, et que celles-ci sont
indépendantes, nous pouvons encore les moyenner pour obtenir un nouvel estimateur
ŜM,T
x :

E
(
ŜM,T
x

)
= |W (f)|2 ? S[f ], (3.2.10)

σ
ŜM,Tx

= Sx√
MN

. (3.2.11)

Le nombre de traces N au temps T est lié au temps d’acquisition d’une trace Tacq
selon :

N = T

Tacq
, (3.2.12)

Tacq = 1
RBW . (3.2.13)

L’écart-type de l’estimateur du spectre au temps T est donc :

σŜTx
= Sx√

ΓT
. (3.2.14)

Remarquons que le temps de convergence est posé uniquement par Γ et que nous avons
sacrifié la résolution spectrale pour une meilleur variance de la mesure. Nous aurions
obtenu les mêmes résultats en réalisant la mesure avec une RBW égale à Γ.

De manière générale, l’estimation spectrale résulte de compromis entre biais, va-
riance, résolution fréquentielle et dynamique. Pour notre expérience, nous ne sommes
sensibles qu’à la variance de l’estimateur. On pourrait aussi vouloir surexploiter la
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Figure 3.4 – Estimation du spectre d’une grandeur par un analyseur de spectre fonc-
tionnant en mode FFT.

plage spectrale en autorisant le recouvrement des fenêtre. Cela est possible [70], mais
nous ne gagnons qu’un facteur constant anecdotique en comparaison de la convergence
en racine du temps.

Dans le cas où l’on souhaite mesurer un spectre, c’est le moyennage quadratique
qui est utilisé. Il supprime la phase aléatoire d’une acquisition à l’autre des spectres et
on peut alors converger vers une valeur non nulle. Dans le cas d’une mesure de spectre
croisé, un moyennage linéaire est effectué afin de conserver l’information de phase. Le
comportement de l’estimateur du spectre croisé Ĉx,y n’est pas différent de celui de
l’estimateur spectral pour autant :

σĈTx,y
=

√
SxSn
ΓT . (3.2.15)

C’est ce terme qui va imposer le temps de convergence de la mesure. Il faut en effet
que l’incertitude relative sur le spectre croisé soit inférieur à sa vraie valeur pour
mettre en évidence les corrélations. Nous retrouvons un temps de mesure déterminé
par l’équation (3.1.21).

Le temps de mesure est important et cela impose de travailler avec une expérience
aussi stable que possible. Cette difficulté n’est pas la première, il faut en effet que les
corrélations optomécaniques ne soient pas masquées par une autre source de corréla-
tion.

3.3 Corrélations parasites

Nous avons jusque là considéré la cavité optique comme parfaitement à résonance.
Dans la pratique ce n’est pas le cas : un léger offset existe sur le signal d’erreur PDH.
Il est dû à la modulation d’amplitude résiduelle du faisceau laser lors de la traversée de
l’EOM servant à la modulation de phase. Cette modulation se traduit par un désaccord
non nul du faisceau pompe avec la cavité.
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Figure 3.5 – Estimation du spectre croisé de deux grandeurs par un analyseur vectoriel
de signaux fonctionnant en mode FFT.

Le désaccord avec la cavité fait tourner les quadratures du champ optique et tant
la phase du faisceau sonde que l’intensité du faisceau pompe sont alors sensibles au
mouvement du miroir : les corrélations entre ces deux grandeurs ne permettent plus
de s’affranchir du bruit thermique. Nous proposerons d’utiliser cet effet pour rétablir
l’accord avec la cavité. Le contamination optique est un premier type corrélation pa-
rasite dont nous avons pu nous affranchir. Nous avons alors trouvé un autre type de
corrélation parasite : le bruit classique de la lumière.

3.3.1 Traitement du bruit classique

Les faisceaux pompe, sonde et l’oscillateur local de la détection homodyne sont
issus du même laser et peuvent présenter des corrélations si celui-ci présente un bruit
technique. Nous commençons par présenter le formalisme permettant l’évaluation des
corrélations classiques des faisceaux.

Un laser ne présentant pas de fluctuations classiques d’intensité — on dira qu’il
est au shot —, donne deux nouveaux faisceaux totalement décorrélés s’il est séparé ; et
ceci bien que chacun des deux nouveaux faisceaux soit corrélé au faisceau initial. En
effet, le bruit des faisceaux émergents est aussi corrélé au bruit quantique rentrant par
le port inutilisé du cube séparateur employé. Cette contribution a une phase opposée à
celle des corrélations avec le faisceau originel et précisément la bonne valeur pour que
leur somme s’annule : les faisceaux émergents sont alors décorrélés.

Dans le cas où le faisceau incident présente un bruit classique, le bruit quantique
rentrant par le port inusité est insuffisant pour annuler la corrélation entre les deux
faisceaux émergents, et toute fluctuation d’origine classique se traduit par l’apparition
de corrélations inter-faisceaux. Nous utiliserons d’ailleurs cet effet pour caractériser le
niveau de bruit classique des faisceaux de notre expérience.
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Figure 3.6 – Séparation du faisceau o par un cube donnant une séparation η en
intensité du faisceau. Le vide est à prendre en compte dans les équations.

Formalisons les choses. Appelons o le faisceau originel de pulsation ωo qui sera
séparé par un cube (voir la figure 3.6). Le faisceau o peut être décrit par les équations :

õ(t) = o(t)e−iωot, (3.3.1)

o(t) =
(
o+ δpo(t)

2 + i
δqo(t)

2

)
, (3.3.2)

δpo(t) = δqpo(t) + δclpo(t), (3.3.3)
δqo(t) = δqqo(t) + δclqo(t). (3.3.4)

Ces expressions traduisent l’existence de deux types de fluctuations : des fluctuations
quantiques, symbolisées par δq, et des fluctuations classiques, symbolisées par δcl. Par
ailleurs, les faisceaux émergents que nous nommons a et b vérifient une relation du
type :

a(t) = √η o(t) +
√

1− η v(t), (3.3.5)
b(t) =

√
1− η o(t)−√η v(t). (3.3.6)

Le paramètre η caractérise la séparation du cube : si η est nul alors toute la lumière
ira dans b tandis que si η est égal à 1, toute la lumière ira dans a. Le vide qui vient se
mélanger aux fluctuations de o a été noté v.

Commençons par traiter l’effet d’une atténuation du faisceau o. Pour cela, nous
ne considérons que le mode a pour le moment. Si le faisceau o était mesuré par une
photodiode, nous trouverions un photocourant Io donné par :

Io(t) ∝ o2 + oδqpo(t) + oδclpo(t). (3.3.7)

L’évaluation du spectre associé ne présente pas de difficulté. En utilisant le fait que
bruits classiques et quantiques sont décorrélés, nous aboutissons à :

SIo [Ω] ∝ o2 + o2Scl
po [Ω]. (3.3.8)

Nous avons noté Scl
po le spectre de la partie classique de la quadrature d’amplitude

de o. Cette relation est bien dimensionnée car nous travaillons dans des unités telles
que le spectre du bruit quantique vaut 1, il est sous-entendu dans le premier terme
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de l’équation. Le premier terme de l’équation précédente est quant à lui dû au bruit
quantique. En ce qui concerne le mode a, nous avons un photocourant donné par :

Ia(t) = ηo2 + ηoδqpo(t) +
√
η(1− η)oδqpv(t) + ηoδclpo(t) (3.3.9)

Ce photocourant conduit à un spectre SIa valant :

SIa [Ω] = ηo2 + η2o2Scl
po [Ω]. (3.3.10)

On touche là une différence fondamentale entre bruit classique et quantique : les bruits
quantiques diminuent linéairement avec l’atténuation alors que les bruits classiques
diminuent quadratiquement avec celle-ci.

Raisonnons en terme de bandes latérales (voir la figure 3.7) : partons d’un faisceau
largement dominé par du bruit classique que nous faisons passer à travers une densité
optique diminuant son intensité d’un facteur 2. Les bandes latérales sont elles-aussi
diminuées d’un facteur 2 — le nouveau bruit quantique s’ajoutant au faisceau est
négligeable — si bien que la puissance de bruit résultant de l’hétérodynage des bandes
latérales et de la porteuse est diminué d’un facteur 4.

Dans le cas quantique, la porteuse classique est bien diminuée d’un facteur 2 mais
les bandes latérales étant déjà minimales, leur amplitude n’est pas modifiée lors de
l’atténuation ; la puissance de bruit est abaissée d’un facteur 2. En toute rigueur,
les bandes latérales quantiques sont elles-aussi atténuées d’un facteur 2 mais cette
atténuation est compensée par l’entrée des bandes latérales du vide.

En nous souvenant que a = √ηo, le spectre SIa donné par l’équation (3.3.10) peut
se réécrire :

SIa [Ω] = a2 + a4

o2S
cl
po [Ω]. (3.3.11)

Nous pouvons alors poser :

S̄po [Ω] =
Scl
po [Ω]
o2 . (3.3.12)

Cette nouvelle quantité nous permet d’écrire le spectre d’intensité de a selon :

SIa [Ω] = a2 + a4S̄po [Ω]. (3.3.13)

Nous exprimons ainsi que le bruit ajouté aux faisceaux issus de l’atténuation de o
ne dépend que de l’atténuation et d’une propriété mesurable du faisceau d’origine.
Remarquablement, cette propriété est transmissible. Si nous considérons un nouveau
faisceau α issu de a par atténuation. le photocourant provenant de sa mesure a un
spectre donné par :

SIα [Ω] = α2 + α4S̄po [Ω]. (3.3.14)

Considérons maintenant le cas de la séparation des faisceaux. Le faisceau a porte un
bruit quantique, partiellement corrélé au bruit quantique incident, et des fluctuations
classiques. En effet, la quadrature d’amplitude de a peut s’écrire :

δpa(t) =
(√

η δqpo(t) +
√

1− η δqpv(t)
)

+√η δclpo(t). (3.3.15)
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Figure 3.7 – En haut, un faisceau largement dominé par le bruit classique est atténué.
L’atténuation diminue toutes les composantes initiales (en rouge les bruits classiques
et en bleu le bruit quantique) d’un même facteur et un nouveau bruit quantique (en
jaune) entre. La puissance de bruit est donnée par le produit de la hauteur de la
porteuse par celle des bandes latérales et subit donc une diminution quadratique en
fonction du facteur d’atténuation. En bas, un faisceau sans bruit classique est atténué.
Comme le nouveau bruit quantique a la même amplitude que dans l’état initiale, seule
la porteuse est abaissée donc la puissance de bruit est abaissée linéairement avec le
coefficient d’atténuation.
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Notons qu’une relation similaire existe pour la phase. Le terme entre parenthèses est
le bruit quantique de la quadrature d’amplitude de a et le second est la contribution
classique de o :

δqpa(t) = √ηδqpo(t) +
√

1− ηδqpv(t), (3.3.16)
δclpa(t) = √ηδclpo(t). (3.3.17)

Il est clair que la partie quantique est corrélée tant au vide qu’à o. Nous pouvons
exprimer les spectres croisés :

Cδqpa,δqpo = √η, (3.3.18)
Cδqpa,δqpv =

√
1− η. (3.3.19)

Pour le faisceau b, nous obtenons des relations similaires :

δqpb(t) =
√

1− η δqpo(t)−
√
η δqpv(t), (3.3.20)

δclpb(t) =
√

1− η δclpo(t), (3.3.21)

qui donnent :

Cδqpb,δqpo =
√

1− η, (3.3.22)
Cδqpb,δqpv = −√η. (3.3.23)

Le signe moins apparaissant est d’extrême importance : c’est celui qui annule le spectre
croisé des quadratures quantiques de a et b. Nous avons :

Cδqpa,δqpb = 0. (3.3.24)

Les faisceaux a et b portent un bruit quantique indépendant, additionné d’un héritage
commun de o. Toute corrélation entre a et b est due au bruit classique. Le spectre
croisé total des quadratures d’amplitude est donné par :

Cδpa,δpb = Cδclpa,δclpb , (3.3.25)

=
√
η(1− η)Scl

po . (3.3.26)

Dans le cas général, pour tout faisceau issu de o, les quadratures d’amplitude vont
avoir pour spectre croisé :

Cδpa,δpb = abS̄po . (3.3.27)

Nous venons donc de montrer que les propriétés de bruit et de corrélation de tous
les faisceaux issus de o sont fixées par la donnée de leur puissance et de S̄po [Ω], quantité
indépendante de la puissance du faisceau dont pourrait dériver o et donc de o lui-même.
Caractériser le bruit du montage optique, c’est mesurer S̄po [Ω] 1. Nous adaptons ce
calcul à notre expérience.

1. Il faut faire attention quand on compare des bruits cohérents comme peuvent l’être des bruits
classiques aux bruits quantiques qui sont incohérents.
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Figure 3.8 – Schéma des faisceaux considérés.

3.3.2 Cas de notre expérience

Dans notre expérience, le faisceau passe par une cavité de filtrage puis par un
AOM utilisé pour l’asservissement à la cavité avant d’être séparé. Cet AOM ajoute un
bruit classique au faisceau. Nous quantifions les corrélations minimales observables en
fonction du bruit ajouté.

Le montage schématique est représenté sur la figure 3.8 : deux modes a et b or-
thogonaux en polarisation sont envoyés sur un cube séparateur. Les imperfections du
montage mélangent en réalité a et b pour produire deux nouveaux modes c et d. Nous
mesurons l’intensité du mode c tandis que nous mesurons la phase relative à un autre
faisceau de référence, appelé oscillateur local, de d. La détection réalisée, appelée détec-
tion homodyne balancée est construite de manière à rejeter les fluctuations classiques
d’intensité de l’oscillateur local ainsi que le bruit de phase commun. Les imperfections
de l’électronique notamment limitent cette réjection de bruit et donc participent à
limiter la sensibilité de notre montage optique.

Nous pouvons donc modéliser nos faisceaux à l’aide de sept grandeurs : les puis-
sances de a, b et αLO, accompagnées des propriétés de bruit classique (en amplitude
et en phase) du faisceau d’origine et d’un bruit classique (en amplitude et en phase)
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commun aux faisceaux interagissant avec la cavité (a et b).

ã(t) = a(t)e−iωat (3.3.28)
b̃(t) = b(t)e−iωbt (3.3.29)

α̃LO(t) = αLO(t)e−iωbt (3.3.30)

a(t) =
(
α+ δpa(t)

2 + i
δqa(t)

2

)
(3.3.31)

b(t) =
(
β + δpb(t)

2 + i
δqb(t)

2

)
(3.3.32)

αLO(t) =
(
αLO + δpLO(t)

2 + i
δqLO(t)

2

)
(3.3.33)

Détection d’intensité

Le photocourant issu de la détection d’intensité du mode c̃(t) =
√

1− ηã(t)−√ηb̃(t)
a pour expression en ne gardant que les premiers ordres en termes de bruit et en notant
les quadratures généralisées :

Xa
θ (t) = cos(θ)pa(t) + sin(θ)qa(t) (3.3.34)

un résultat tout à fait intuitif :

I1(t) = (1− η)
(
α2 + αδpa(t)

)
+ η

(
β2 + βδpb(t)

)
−√

η(1− η)
[
αδXb

−∆t + βδXb
∆t + 2αβ cos(∆t)

]
(3.3.35)

avec ∆ = ωa−ωb, ce qui signifie ni plus ni moins que nous mesurons le bruit d’intensité
des deux faisceaux (voir la première ligne) et l’hétérodynage réciproque de ceux-ci
(dernière ligne). L’amplitude spectrale est donc donnée par :

I1[Ω] = (1− η)αδpa[Ω] + ηβδpb(t)[Ω]−√
η(1− η)

[
α

2
(
δpb[Ω + ∆] + δpb[Ω−∆] + iδqb[Ω + ∆]− iδqb[Ω−∆]

)
+ β

2
(
δpa[Ω + ∆] + δpa[Ω−∆]− iδqa[Ω + ∆] + iδqa[Ω−∆]

)]
. (3.3.36)

Dans l’approximation où
√

1− ηα� √ηβ comme dans notre expérience :

SI1 [Ω] = (1− η)(α2 + α4S̄pa [Ω]). (3.3.37)

Le spectre est donc principalement celui du faisceau a, mais une petite contribution
de b existe aussi. Considérons maintenant le cas du photocourant issu de la détection
homodyne.

Détection Homodyne

L’oscillateur local αLO est mixé avec le mode d̃(t) =
√

1− η b̃(t) +√η ã(t) sur un
cube séparateur. Deux photodiodes mesurent les deux faisceaux émergents et les deux
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photocourants sont soustraits. La soustraction est faite électroniquement et les gains
des deux voies peuvent ne pas être parfaitement égaux.

On note I2 l’intensité du champ d et ILO celle du champ de l’oscillateur local αLO.
Les intensités I ′2 et I ′′2 vues par les photodiodes D′2 et D′′2 sont données par :

I ′2(t) = 1
2I2(t) + 1

2ILO(t)− 1
2
(
d(t)α?LO(t) + c.c

)
(3.3.38)

I ′′2 (t) = 1
2I2(t) + 1

2ILO(t) + 1
2
(
d(t)α?LO(t) + c.c

)
. (3.3.39)

Le terme croisé contient la mesure homodyne du bruit du mode b par l’oscillateur local
— et la mesure hétérodyne du bruit de mode a par l’oscillateur local — d’où l’idée
de soustraire les deux photocourants issus des photodiodes D′2 et D′′2 pour diminuer le
bruit de la mesure que représentent I2 et surtout ILO. Les gains G′2 et G′′2 représentent
les facteurs de conversion intensité–courant, l’efficacité quantique des photodiodes et
les gains électroniques de chaque voie. On a alors :

I−(t) = G′′2I
′′
2 (t)−G′2I ′2(t)

I−(t) = G′′2 −G′2
2 I2(t) + G′′2 −G′2

2 ILO(t) + G′′2 +G′2
2 (Ihom(t) + Ihet(t)) . (3.3.40)

Nous distinguons alors deux contributions : une homodyne, Ihom et une hétérodyne
Ihet dans I−(t). Ihom porte la mesure de la quadrature Xb

φ de b par l’oscillateur local
et la mesure de la quadrature XLO

−φ de l’oscillateur local par b :

Ihom(t) = 2
√

1− ηβαLO cos(φ) +
√

1− η (αLOδXbφ(t) + βδXLO−φ(t)) (3.3.41)

Il est possible d’écrire Ihet sous la forme :

Ihet(t) = 2√ηααLO cos(∆t− φ) +√ηαδXLO
−∆t+φ(t) +√ηαLOδX

a
∆t−φ(t) (3.3.42)

On montre alors sans difficultés que :

Ihom[Ω] = 2
√

1− ηβαLO cos(φ) +
√

1− η
(
αLOδX

b
φ[Ω] + βδXLO

−φ [Ω]
)
, (3.3.43)

Ihet[Ω] =
√
ηα

2

(
δpLO[∆ + Ω]e−iφ + δpLO[∆− Ω]eiφ+

iδqLO[∆ + Ω]e−iφ − iδqLO[∆− Ω]eiφ
)

+
√
ηαLO
2

(
δpa[∆ + Ω]e−iφ + δpa[∆− Ω]eiφ−

iδqa[∆ + Ω]e−iφ + iδqa[∆− Ω]eiφ
)
. (3.3.44)

Quant à I2 et ILO, ils sont simplement donnés par :

I2(t) = η
(
α2 + αδpa(t)

)
+ (1− η)

(
β2 + βδpb(t)

)
+√

η(1− η)
[
αδXb

−∆t + βδXb
∆t + 2αβ cos(∆t)

]
(3.3.45)

ILO(t) = α2
LO + αLOδpLO(t) (3.3.46)
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ce qui permet d’écrire :

I2[Ω] = ηαδpa[Ω] + (1− η)βδpb(t)[Ω]+√
η(1− η)

[
α

2
(
δpb[Ω + ∆] + δpb[Ω−∆] + iδqb[Ω + ∆]− iδqb[Ω−∆]

)
+ β

2
(
δpa[Ω + ∆] + δpa[Ω−∆]− iδqa[Ω + ∆] + iδqa[Ω−∆]

)]
(3.3.47)

Comme α et β sont très faibles devant le champ de l’oscillateur local, de tous ces
termes, c’est le courant homodyne qui est dominant et le spectre de I− est simplement
donné par :

SI− [Ω] =
(
G′′2 +G′2

2

)2
(1− η)α2

LOSbφ[Ω]. (3.3.48)

La mauvaise séparation des faisceaux entraîne l’apparition d’un terme de battement
sur les deux détections. À la fréquence de ce battement, les corrélations entre les deux
détections sont donc proches de l’unité. Pour des faisceaux avec un bruit faible et
surtout avec une différence de fréquence fixe, les corrélations sont importantes sur la
bande passante de l’analyseur vectoriel de signaux utilisé pour calculer les corrélations.
Si au contraire la différence en fréquence des faisceaux fluctue, le pic de corrélation est
élargi.

Dans une version précédente du montage optique, utilisée en début de thèse, deux
AOM seulement étaient utilisés : un pour la branche du faisceau sonde et un pour la
branche du faisceau pompe. Tous les deux recevaient le signal d’erreur de la cavité de
mesure plus un offset différent pour les deux. On avait donc deux faisceaux à réso-
nance avec la cavité malgré la biréfringence de celle-ci. Les deux couples VCO+Ampli
contrôlant les AOM avaient deux gains légèrement différents, ainsi, l’écart en fréquence
∆ n’était pas fixe et le pic de corrélation s’en trouvait élargi a tel point que la fenêtre
d’analyse des corrélations était polluée, ce qui limitait le niveau de corrélations ob-
servable à près de 20% [56]. En passant à un montage à trois AOM, on supprime ce
problème mais on en fait apparaître un nouveau puisque le bruit des deux faisceaux
est corrélé à cause du bruit classique ajouté par l’AOM d’asservissement.

Corrélations des deux détections

Les fluctuations des faisceaux contiennent aussi bien les fluctuations quantiques
que les fluctuations classiques. Les fluctuations quantiques des faisceaux sont décor-
rélés, les fluctuations classiques des faisceaux sont totalement corrélées entre a et b
et partiellement corrélées avec αLO. Le bruit classique commun à tous les faisceaux
est indicé par un 1. Le bruit classique supplémentaire commun uniquement à a et b
est indicé par un 2. Il est produit par l’interaction avec la cavité des faisceaux qui y
pénètrent. Par exemple, il peut représenter le bruit thermique de la cavité. Explicitons
cela :

δpa(t) = δqpa(t) + δcl,1pa(t) + δcl,2pa(t), (3.3.49)
δpb(t) = δqpb(t) + δcl,1pb(t)δcl,2pb(t), (3.3.50)

δpLO(t) = δqpLO(t) + δcl,1pLO(t). (3.3.51)
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On autorise de pareilles relations pour le bruit de phase. Nous avons donc quatre
sources de corrélations :

— les corrélations entre I1 et I2
— les corrélations entre I1 et Ihet
— les corrélations entre I1 et Ihom
— les corrélations entre I1 et ILO

Dans le premier cas, elles sont données par :

〈I1[Ω]I2[−Ω]〉 =
(
α4η(1− η) + β4η(1− η) + α2β2

(
η2 + (1− η)2

))
−(

η(1η)α2β2
) (
S̄p1[∆ + Ω] + S̄p1[∆− Ω] + S̄p2[∆ + Ω] + S̄p2[∆− Ω]

)
.

(3.3.52)

Le bruit de phase n’intervient pas, seul le bruit d’intensité est important. Il en va de
même des corrélations entre I1 et Ihet :

〈I1[Ω]Ihet[−Ω]〉 = i

(
η(1− η)α2βαLO

2

)(
S̄p1[∆− Ω]− S̄p1[∆ + Ω]+

S̄p2[∆− Ω]− S̄p2[∆ + Ω]
)
. (3.3.53)

Nous nous sommes restreints à une mesure de phase (φ = π/2) pour obtenir cette
expression.

Dans ces conditions, le cas de 〈I1[Ω]Ihom[−Ω]〉 est facilement tranché. En effet,
comme Ihom[Ω] ne contient que des bruits de phase à Ω et que les seuls bruits à Ω dans
I1[Ω] sont des bruits d’intensité, si on suppose des bruits stationnaires, les corrélations
sont automatiquement nulles.

Reste le cas de 〈I1[Ω]ILO[−Ω]〉, on montre que :

〈I1[Ω]ILO[−Ω]〉 =
(
(1− η)α2α2

LO + ηβ2α2
LO

)
S̄p1[Ω]. (3.3.54)

C’est ce terme qui est dominant dans 〈I1[Ω]I−[−Ω]〉.
Expérimentalement, les puissances de travail typiques de la pompe, de la sonde et

de l’oscillateur local sont respectivement de 1 mW, 0,2 mW et 10 mW, soit β = 0,6α et
αLO = 3,2α. De plus, l’isolation typique des deux voies est de 60 dB, donc η = 10−6 et
le facteur de réjection de la détection homodyne, mesuré en évaluant la différence des
spectres somme et différence de la détection homodyne d’une modulation d’amplitude
sur l’oscillateur local donne (G′′2 + G′2)2/(G′′2 − G′2)2 = 30 dB. On peut alors évaluer
l’ordre de grandeur des différentes contributions.

En unités arbitraires, ILO contribue pour 1 u.a(photon/s) 2, alors Ihet a pour contri-
bution 10−5 u.a(photon/s) et I2 10−7 u.a(photon/s) ; ces deux dernières contributions
sont donc négligeables 3.

Le niveau de corrélation cint dû au bruit d’intensité classique est donné par :

cint[Ω] = G′′2 −G′2
G′′2 +G′2

ααLOS̄p1[Ω], (3.3.55)

2. La contribution dépend du niveau de bruit classique S̄ qui a pour unité le photon/s
3. Elles contiennent des termes hétérodyne et il se pourrait que le bruit à prendre en compte soit

énorme si Ω ≈ ∆
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Figure 3.9 – Procédure de mesure du bruit classique par l’évolution du spectre d’in-
tensité en fonction de la puissance de α : un robinet composé d’une lame λ/2 et d’un
cube polariseur permet de contrôler l’intensité du faisceau qui est mesuré par une pho-
todiode. Les courbes de bruit obtenues à différentes puissances permettent l’estimation
du niveau de bruit classique du faisceau incident a.

en négligeant la dépendance en fréquence des gains.
Il nous faut mesurer le bruit commun des faisceaux pour évaluer le niveau de

corrélation attendu.

3.3.3 Mesure du bruit d’intensité classique

Nous venons de voir que le bruit d’intensité commun à tous les faisceaux s’avère
être une limite expérimentale à la mise en évidence des corrélations optomécaniques
qu’il nous faut mesurer.

Il est a priori équivalent de caractériser les bruits du faisceau sonde ou pompe. Nous
avons préféré mesurer ce dernier pour éviter toute modification du montage. Une lame
λ/2 est à tourner de façon à ajuster l’intensité incidente sur la détection balancée.

Nous présentons trois méthodes possibles d’évaluation du bruit d’intensité clas-
sique : dépendance en puissance du spectre du photocourant, comparaison de la somme
et de la différence des deux photodiodes d’une détection équilibrée et dépendance en
puissance des corrélations entre deux photodiodes.

Dépendance en puissance du spectre d’intensité

Cette méthode est expérimentalement la plus simple puisqu’elle ne met en jeu
qu’une unique photodiode et un robinet optique permettant de faire varier la puissance
du faisceau mesuré par la photodiode.

Donnons-nous un faisceau a dont nous souhaitons mesurer le bruit classique d’in-
tensité S̄p. Nous pouvons l’atténuer à l’aide d’un robinet optique. Nous appelons α le
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Figure 3.10 – Exemple de courbe obtenue pour un faisceau présentant un S̄p de 1 u.a.

faisceau ainsi obtenu. La situation est représentée sur la figure 3.9. Pour une photo-
diode d’efficacité ε possédant un gain G, le spectre du photocourant mesuré n’est plus
donné par l’équation (3.3.14) mais par :

SI [Ω] = G2ε
(
εα4S̄p[Ω] + α2

)
. (3.3.56)

Une telle courbe, présentée sur la figure 3.10, est caractérisée par deux régimes : linéaire
à faible puissance — on détermine alors G2ε— et quadratique pour des puissances plus
importantes — on détermine alors G2ε2S̄p[Ω]. On ne peut donc a priori pas mesurer
la part de bruit classique ; une calibration supplémentaire est nécessaire.

Afin de déterminer le point de changement de régime de la courbe expérimentale,
il faut pouvoir réaliser l’expérience avec des puissances telles que le bruit classique
soit largement dominant devant le bruit quantique. Or, la photodiode possède une
puissance de saturation au-delà de laquelle toute mesure est impossible. C’est cette
limite qui fixe le niveau minimal de bruit classique mesurable.

Cette technique n’est donc pas idéale pour les faibles bruits que nous voulons
pouvoir mettre en évidence. De plus, l’étape de calibration n’est pas indispensable
avec d’autres techniques et cette méthode s’avère contraignante expérimentalement.

Une détection balancée avait été installée sur le montage optique. Elle permet un
accès simple au niveau des fluctuations quantiques du faisceau pompe. On est donc
en mesure, en comparant le bruit quantique au bruit mesuré, de mettre en évidence le
bruit classique avec cette détection.

Détection balancée

Nous disposons d’une détection balancée pour mesurer les fluctuations d’intensité
de la pompe. Une méthode populaire pour évaluer le niveau de bruit classique est
de mesurer le niveau de bruit de la somme et de la différence des photocourants.
Nous notons a le faisceau que nous cherchons à caractériser, η le facteur de partage



3.3. Corrélations parasites 95

Figure 3.11 – Procédure de mesure du bruit classique par la détection balancée : un
robinet composé d’une lame λ/2 et d’un cube polariseur permet de séparer en deux
faisceaux d’égale puissance le faisceau que nous souhaitons caractériser. Si les photo-
diodes possèdent le même gain et la même efficacité quantique, la comparaison des
spectres de la soustraction et de l’addition des deux photocourants permet d’estimer
le niveau de bruit classique.

de l’intensité incidente par le cube de la détection balancée 4, G1 et G2 les gains des
deux photodiodes, ainsi que ε1 et ε2 leur efficacité quantique. On montre alors que les
photocourants sont donnés par :

I1[Ω]/G1 = ε1(1− η)aδpa[Ω] + ε1

√
η(1− η)aδpv[Ω]+√

ε1(1− ε1)(1− η)aδpv1 [Ω], (3.3.57)

I2[Ω]/G2 = ε2ηaδpa[Ω]− ε2

√
η(1− η)aδpv[Ω]+√

ε2(1− ε2)ηaδpv2 [Ω]. (3.3.58)

Les termes en δpv représentent le vide qui entre, soit au niveau du cube de la détec-
tion balancée, soit pour modéliser l’efficacité quantique des photodiodes (termes de
la deuxième ligne). Les fluctuations du faisceaux incident sont aussi bien de nature
quantique que classique. Les spectres de la somme S+ et de la différence S− des pho-
tocourants ne sont pas la simple somme ou différence des spectres de I1 et I2 puisque
I1 et I2 sont corrélés :

CI1−I2 [Ω] = G1G2ε1ε2η(1− η)a4S̄p[Ω]. (3.3.59)

4. Il est donné par la loi de Malus où il faut considérer l’angle entre la polarisation de la lumière
incidente et l’axe propre du premier cube, c’est-à-dire qu’il suffit de jouer sur la lame λ/2 de la détection
balancée pour l’ajuster.
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Si le faisceau est limité quantiquement, les corrélations sont nulles par les raisons
invoquées au paragraphe 3.3.1. Les spectres de I1 et I2 sont par ailleurs donnés par :

SI1 [Ω] = G2
1ε1(1− η)

[
ε1(1− η)a4S̄p[Ω] + a2

]
, (3.3.60)

SI2 [Ω] = G2
2ε2η

[
ε2ηa

4S̄p[Ω] + a2
]
. (3.3.61)

Les spectres de la somme et de la différence sont liés aux quantités précédentes par :

SI+ [Ω] = SI1 [Ω] + SI2 [Ω] + 2CI1−I2 [Ω], (3.3.62)
SI− [Ω] = SI1 [Ω] + SI2 [Ω]− 2CI1−I2 [Ω]. (3.3.63)

L’égalité des spectres somme et différence est donc le signe de la nullité du spectre
croisé et par suite du bruit classique. Si nous supposons une détection parfaitement
balancée — les photodiodes possèdent le même gain G, la même efficacité quantique
ε, et η = 1/2 —, les relations se simplifient :

SI+ [Ω] = G2ε2a4S̄p[Ω] +G2εa2, (3.3.64)
SI− [Ω] = G2εa2. (3.3.65)

Nous retrouvons que SI+ reflète les fluctuations incidentes, quoique modifiées par l’ef-
ficacité des photodiodes, et que SI− ne contient que le bruit quantique du faisceau
incident. Le rapport de SI+ et SI− est donné par :

SI+
SI−

= 1 + εa2S̄p. (3.3.66)

La présence du 1 dans cette équation traduit une mesure sur fond brillant. Nous avons
vu que l’incertitude sur le spectre diminue en 1/

√
T au paragraphe 3.2. L’incertitude

sur SI+/SI− au temps T est alors :

δ

(
SI+
SI−

)
= 2√

T
. (3.3.67)

Nous avons considéré que les incertitudes sur SI+ et SI− étaient décorrélées. Nous
aboutissons à un temps de mesure Tmes nécessaire à la mise en évidence du bruit
classique donné par :

Tmes >
4

ε2a4S̄2
p

. (3.3.68)

Cette méthode est expérimentalement contraignante : le gain et l’efficacité des photo-
diodes doivent être identiques sur la largeur spectrale de la mesure, potentiellement
une dizaine de mégahertz. Toute différence entre les deux photodiodes ou la séparation
du faisceau se répercute sur la précision de l’estimation du bruit classique au travers
de la redéfinition du terme indépendant de la puissance dans l’équation (3.3.66). Cette
redéfinition de la référence peut être dominante dans le cas des faibles niveaux de bruit
classique et rendre la mesure impossible.

La différence entre les deux gains est un facteur limitant à l’évaluation du niveau
de bruit classique du faisceau. Aussi, nous nous proposons de mesurer les corrélations
entre les deux photodiodes pour déterminer ce niveau de bruit.
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Figure 3.12 – Procédure de mesure du bruit classique par les corrélations : un robinet
composé d’une lame λ/2 et d’un cube polariseur permet de contrôler l’intensité du
faisceau, qui est séparé en deux en équilibrant les puissances sur les deux photodiodes.
Les corrélations sont calculées pour différentes intensités incidentes, ce qui permet de
déterminer la part de bruit classique du faisceau incident par un ajustement de la
courbe obtenue.

Corrélations

C’est l’existence de corrélations entres les faisceaux séparés qui permettait de me-
surer le bruit classique du faisceau incident dans la méthode précédente. Nous allons
voir que la mesure directe des corrélations entre les deux photocourants s’avère plus
efficace dans le cas de faibles niveaux de bruit classique.

Les équations de la partie précédente peuvent être reprises en remplaçant a, l’ampli-
tude du faisceau incident, par α, l’amplitude du faisceau atténué dans cette partie. Le
coefficient de corrélation est alors calculable en s’aidant des équations (3.3.59), (3.3.60)
et (3.3.61) :

cI1−I2 [Ω] = α4S̄p[Ω]√(
α4S̄p + α2√

ε1ε2η(1−η)

)2
+
(
ε1(1−η)+ε2η
ε1ε2η(1−η) −

2√
ε1ε2η(1−η)

)
α6S̄p

(3.3.69)

Cette expression est simplifiable en tenant compte du fait que l’efficacité quantique des
photodiodes est décente (> 90%) et que l’on partage presque parfaitement le faisceau
en deux faisceaux d’égale intensité. On insère donc dans l’expression précédente ε1 =
1− e1, ε2 = 1− e2 et η = 1/2 + δη. Ceci nous permet d’écrire :

cI1−I2 [Ω] = α2S̄p[Ω]
α2S̄p + 2

(
1 + e1+e2

2
) . (3.3.70)

Nous n’avons conservé que les termes du premier ordre. Comme δη, l’erreur sur la
séparation des faisceaux, n’apparaît pas dans la formule, l’erreur sur η n’est que du
second ordre et est en pratique négligeable. Remarquons que la courbe théorique est
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assez complexe (voir l’ajustement présenté sur la figure 3.13) pour déterminer les deux
paramètre libres que sont le niveau de bruit classique S̄p et la moyenne des efficacités
quantiques des photodiodes par un ajustement des données à l’aide de (3.3.70).

En pratique, l’ajustement se révèle insensible à l’efficacité quantique des photo-
diodes : en imposant une efficacité quantique variant de 1 à 0,8, on observe une dis-
persion du niveau de bruit classique estimé de 10% sur les données expérimentales
présentées.

Figure 3.13 – Exemple de courbes obtenues pour notre faisceau à une fréquence
d’analyse de 1 MHz. L’ajustement indique que notre faisceau contient autant bruit de
classique que quantique pour une puissance de 6,4 mW.

Afin de valider la méthode des corrélations, utilisée pour la première fois dans
le groupe, nous avons estimé le niveau de bruit classique du faisceau pompe par la
méthode des corrélations et la méthode du spectre dans une zone ou celle-ci était
satisfaisante. Les résultats sont présentés sur les figures 3.13 et 3.14. Les deux méthodes
sont en bon accord puisque la méthode des corrélation indique qu’à 6,4 mW et à une
fréquence de 1 MHz, les faisceaux contiennent autant de bruit classique que quantique.
La méthode du spectre donne une puissance shot de 7,8 mW quant à elle. La puissance
shot est la puissance à laquelle le bruit quantique égal le bruit classique ; c’est l’inverse
de S̄p. Une puissance shot élevée indique un faible niveau de bruit classique

La méthode des corrélations validée, nous l’avons employé pour caractériser le bruit
classique du montage. Expérimentalement, nous prenons un ensemble de courbes de
corrélations fréquentielles en faisant varier la puissance. L’étendue fréquentielle est
divisée en fenêtres que nous moyennons vectoriellement pour chaque puissance. Nous
obtenons donc pour chaque fenêtre une courbe corrélations contre puissance, du type
de la figure 3.13, que l’on peut ajuster par la formule (3.3.70). Nous connaissons donc, à
l’issue du processus, le niveau de bruit classique S̄p à chaque fréquence et donc le niveau
minimal des corrélations optomécaniques observables via (3.3.55). Pour présenter les
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Figure 3.14 – Exemple de courbes obtenues pour notre faisceau à une fréquence
d’analyse de 1 MHz. L’ajustement indique qu’il contient autant de bruit de classique
que quantique pour une puissance de 7,8 mW.

données, nous préférons tracer la puissance shot.

Bruit classique du montage

La figure 3.15 nous donne la mesure du bruit classique d’intensité du montage. On
y voit notamment que le faisceau est limité quantiquement jusqu’à 8 mW à 1 MHz. En
appliquant la formule (3.3.55) avec une puissance de 10 mW dans l’oscillateur local et
un taux de réjection de la détection homodyne de 30 dB, on trouve une limite typique
des mesures de corrélations optomécaniques de 1%. Ce niveau est trop haut pour
le résonateur utilisé et nous avons cherché à améliorer les performances du montage
optique en diminuant donc le bruit technique du laser. Nous nous sommes heurtés à
cette limite dans nos expériences et c’est la compréhension de ce phénomène qui a
entraîné les travaux sur les bruits classiques du montage.

Les données présentées sur la figure 3.15 présentent une série de pics fins que nous
avons identifiés. Ils correspondent au rayonnement des nombreuses alimentations à
découpage utilisées dans l’expérience, capté par le driver RF des AOMs ; la grande
majorité des alimentations a été remplacée par des alimentations stabilisées. Nous
avons cherché également l’origine du bruit large bande qui est celui auquel nous sommes
le plus sensible.

Le driver RF des AOMs est composé d’un VCO (Voltage Controlled Oscillator) qui
sort une sinusoïde dont la fréquence est contrôlée par la tension à son entrée, celle-ci
est traditionnellement délivrée par un AFG (Arbitrary Function Generator), ou un
préamplificateur si l’AOM est utilisé pour asservir un laser à une cavité. Un VVA
(Variable Voltage Attenuator) est utilisé pour moduler en amplitude la sinusoïde avant
que celle-ci ne soit amplifiée par un amplificateur RF. Les parasites électromagnétiques
étant traduits en bruit sur la lumière par le driver RF, nous avons testé le niveau de
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Figure 3.15 – Mesure du bruit classique avant l’amélioration du montage. On a re-
présenté la puissance pour laquelle le faisceau contient autant de bruit classique que
quantique. Une valeur haute correspond à un faible niveau de bruit classique.

bruit sur la lumière en fonction de la fréquence pour différents générateurs de fonctions.
Nous cherchons à mesurer un bruit classique, un moyen simple de le rendre do-

minant est de travailler à haute puissance optique (typiquement 10 mW). Le montage
optique utilisé est similaire à celui présenté sur la figure 3.16. Nous avons obtenu des
courbes reportées sur la figure 3.17, où chaque courbe correspond au spectre d’inten-
sité de la lumière après la traversée d’un AOM. Cet AOM est piloté par différents
générateurs dont la sortie est amplifiée par le même amplificateur RF, à la même puis-
sance. L’influence des générateurs est manifeste sur le bruit observé. Nous avons donc
attribué le bruit observé sur la lumière au bruit sur la sortie des générateurs.

L’analyseur de signaux possède un mode d’analyse des bruits de fréquence et d’am-
plitude d’un signal fourni. Nous avons testé ces deux bruits sur les différents généra-
teurs testés sur la figure 3.17. Les mesures sont reportées sur la figure 3.18. Une forte
corrélation entre l’aspect des traces du bruit d’amplitude des générateurs et le bruit
d’intensité de la lumière est visible, à l’exception du VCO de marque AA, dont le bruit
qu’il ajoute à la lumière semble dû au bruit de phase. Ce n’est pas si surprenant si on
considère qu’un VCO est un oscillateur travaillant à saturation, son bruit d’amplitude
est donc atténué [71].

Le bruit d’intensité classique de la lumière étant une limite à améliorer, nous avons
cherché des générateurs permettant l’asservissement du laser sur la cavité avec un
minimum de bruit ajouté.

3.3.4 Amélioration du niveau de bruit classique

Notre choix c’est porté sur plusieurs VCO Minicircuits : les modèles ZX95-209-s+,
ZX95-310-s+ et Z0S-300+ avec un VVA modèle ZX73-2500+. L’amplificateur RF de
marque AA optoelectronics a été conservé.

Les trois VCO ont été testés en mesurant le niveau de bruit classique par la méthode
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Figure 3.16 – Principe de la mesure du bruit ajouté à la lumière par le générateur
commandant l’AOM. Si le bruit électronique est important, il sera directement mesuré
sur le spectre d’intensité de la lumière.

des corrélations. Le résultat est satisfaisant puisqu’on gagne plus d’un facteur 3 sur le
cas précédent à la fréquence du mode mécanique comme le montre la figure 3.19 et donc
le minimum de corrélation mesurable est abaissé d’autant. En outre, le bruit pour des
fréquences supérieures est très satisfaisant. Nous avons choisi le modèle ZX95-209-s+
qui est moins bruyant que les deux autres, probablement car il est très faible bande,
c’est-à-dire que la plage d’excursion de la fréquence de la sinusoïde qu’il délivre est
réduite (quelques mégahertz contre plusieurs dizaines pour les autres).

Une modification du montage électronique pour l’asservissement à la cavité de
mesure a aussi été nécessaire. L’ancien préamplificateur délivrait une tension entre 0
et 10 volts alors que selon le modèle du VCO, une tension de réglage comprise entre
0,5 et 18 volts pouvait être nécessaire. Le boîtier construit, dont le schéma est présenté
sur la figure 3.20, possède deux entrées, in1 et in2, ±15V . La première est multipliée
par un gain G puis la seconde entrée est soustraite. La première entrée est destinée à
recevoir le signal d’erreur PDH et la seconde un offset sur ce signal ou une rampe pour
scanner en fréquence le laser. Une sortie de debuggage donne Gin1 − in2. À ce signal
est additionné un offset, ajustable par un potentiomètre en façade, issu d’un régulateur
de voltage LP2951 très stable. L’addition est faite par un amplificateur opérationnel
TLE2061, précis, avec un niveau de bruit relativement bas et fonctionnant avec une
alimentation asymétrique. La sortie est protégée des excursions négatives ainsi que
de celles supérieures à une tension de référence Vmax, ajustable par un bon choix de
résistances, et par deux diodes pour protéger le VCO.

Afin de mesurer des corrélations faibles, il faut pouvoir rester asservi un temps
important avec la cavité de mesure et donc la cavité de filtrage.

3.4 Asservissement du bilame

L’intensité importante dans la cavité de filtrage entraîne une dérive thermique et
ainsi une lente variation de sa longueur. Pour rester à résonance optique, on agit sur la
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Figure 3.17 – Bruit d’intensité de la lumière en fonction de la fréquence d’analyse
pour une puissance de 10 mW pour différents générateurs.

cale piézoélectrique du Ti:Sa. Cette cale a une excursion limitée et lorsqu’elle arrive en
bout de course, l’asservissement décroche. Nous avons donc réalisé un asservissement
contrôlé informatiquement du bilame du laser sur la tension aux bornes du piézoélec-
trique.

Nous utilisons un dispositif d’acquisition de données cDAQ-9184 CompactDAQ de
Nationnal instrument possédant un module d’acquisition CRIO-9215 4 voies ±10V ,
100 Kéch./s par voie 16 bits et un module de sortie analogique CRIO-9263 ±10V ,
100 Kéch./s par voie 16 bits. La tension de correction du piézoélectrique est mesurée
périodiquement, c’est le signal d’erreur, et un pulse apodisé est envoyé sur la commande
du moteur pas-à-pas contrôlant le bilame en réponse. La commande du moteur réagit
en tout-ou-rien : si la tension à son seuil est supérieure à une certaine valeur, alors
le moteur tourne dans une direction, si la tension est inférieure à une autre valeur
seuil, alors le moteur tourne dans l’autre direction. L’amplitude de l’impulsion est
proportionnelle au gain et à la correction, la durée du pulse est fixe, si bien que pour
des corrections faibles, le moteur ne se met pas en marche ; on ne corrige que hors d’une
plage assez grande pour assurer la stabilité dynamique de l’asservissement du bilame
et assez faiblement pour empêcher d’arriver en butée du piézoélectrique. La procédure
est schématisée sur la figure 3.21.

Le logiciel d’asservissement s’occupe aussi de vérifier que le laser est toujours à
résonance avec les différentes cavités, avertit par courriel si cela n’est pas le cas et
coupe l’acquisition de données si besoin. Le laser peut être ainsi asservi pendant un
temps très long (des dizaines d’heures) sur la cavité de filtrage.

La stabilité une fois la cavité de filtrage asservie à la cavité de mesure est aussi
améliorée mais on est limité par le déplacement maximal du piézoélectrique de la cavité
de filtrage.
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Figure 3.18 – Bruits d’amplitude, en a), et de phase, en b), sur la sinusoïde servant
au fonctionnement des VCO pour plusieurs générateurs. Une forte ressemblance existe
entre ces deux bruits et le bruit de la lumière.

3.5 Asservissement de température
La cavité de mesure ne contient pas d’actuateur piézoélectrique mais est asservie

en température, ce qui permet au mode optique d’être relativement stable en fréquence
et à la cavité de ne pas se désaligner de façon trop prononcée. Des dérives thermiques
rapides sont possibles si une intensité importante circule dans la cavité du fait de
l’absorption du traitement optique des miroirs.

La longueur d’onde du laser doit être changée d’une quantitée δλ quand la cavité
de mesure s’allonge d’une quantité δLFPM selon :

δLFPM
LFPM

= δλ

λ
. (3.5.1)

Pour des fluctuations lentes, donc dans la bande passante de l’asservissement en lon-
gueur du FPF sur le FPM on peut écrire :

δLFPM
LFPM

= δLFPF
LFPF

. (3.5.2)

Comme la cavité de filtrage est beaucoup plus grande que la cavité de mesure d’un
facteur 1 000, la cale piézoélectrique du FPF arrive très vite en bout de course ; pour
chaque déplacement δLFPM de la cavité de mesure, un déplacement 1 000 fois supérieur
est nécessaire à la cavité de filtrage.

Pour estimer le déplacement maximal du piézoélectrique, le laser a été asservi à la
cavité de filtrage en utilisant une très faible puissance lumineuse pour éviter les dérives
thermiques. Une tension DC réglable connue à été envoyée sur la cale et la longueur
d’onde de la lumière a été mesurée sur un lambdamètre. La courbe 3.22 a ainsi été
obtenue et on peut en conclure que le déplacement du piézoélectrique est au maximum
de 4 nm étant donné l’amplificateur utilisé — aucune non-linéarité n’apparaît et le
piézoélectrique devrait pouvoir supporter une tension plus importante — et surtout
que le déplacement de la résonance lumineuse est de 8,7.10−4 nm par volts lus sur la
sortie out/100 de l’amplificateur.
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Figure 3.19 – Mesure du bruit classique après l’amélioration du montage. On a re-
présenté la puissance pour laquelle le faisceau contient autant de bruit classique que
quantique. On gagne plus d’un facteur 3 sur le cas précédent à la fréquence mécanique
et jusqu’à un facteur 30 à plus haute fréquence.

L’idée est de changer la température de consigne de la cavité de mesure quand le
piézoélectrique de la cavité de filtrage arrive en bout de course.

Nous avons mesuré le déplacement de la résonance en faisant varier la température
(voir la figure 3.23). Nous avons pris soin encore une fois de travailler à faible puissance
optique et surtout de laisser la cavité se thermaliser à chaque incrémentation de la
température.

On est alors en mesure d’estimer par un ajustement de la courbe le déplacement
de la résonance δλ en fonction de la température : on mesure 0,21 nm/K soit une
variation de longueur de la cavité δLFPM de 0,13 µm/K, notons que cela correspond
à un coefficient de dilatation thermique pour la cavité très élevé : 24.10−5/K, plus
grand que la silice de deux ordres de grandeur ou le cuivre et l’aluminium d’un ordre
de grandeur qui, composent la cavité.

On montre donc qu’un changement de température d’un centième de kelvin produit
déjà une variation de tension de 2,4 V à la sortie out/100 de l’amplificateur, soit 20%
de l’excursion maximale. Le réglage d’un tel asservissement est théoriquement possible
mais à l’heure actuelle trop instable pour une utilisation confortable.

Les développements expérimentaux exposés sont partis de l’observation d’une limite
atteinte par l’expérience de mesure de corrélations.

3.6 Principe de la mesure des corrélations optomécaniques

Nous avons vu que la contamination de la quadrature d’intensité par le mouvement
du résonateur est un frein important à l’observation des corrélations optomécaniques.
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Figure 3.20 – Schéma du préamplificateur servant au contrôle du VCO d’asservisse-
ment.

Cet effet fourni également un moyen de mesurer le désaccord avec la cavité et donc de
s’affranchir de cette limite.

3.6.1 Asservissement du spectre croisé

Plaçons nous dans le cas adiabatique (Ω� ΩC) proche de la résonance (Ψ̄/γ � 1).
L’équation (1.5.21) permet d’écrire les corrélations cx entre la quadrature de phase
du faisceau sonde et la quadrature d’intensité du faisceau pompe, dans la limite où le
bruit d’intensité est très peu contaminé et le bruit de phase dominé par le mouvement
du miroir selon :

cx = 8
(

Ψ̄
γ

)(8F
λ

)√
Ī in
p

√
Sx[Ω]. (3.6.1)

Les corrélations sont d’autant plus fortes que le mouvement du miroir est impor-
tant et qu’elles dépendent au premier ordre de Ψ̄/γ et donc sont sensibles au signe
du désaccord : nous disposons d’un signal impair selon le désaccord et donc tout à
fait exploitable pour réaliser un asservissement. Bien sûr, nous pouvons augmenter la
précision de l’asservissement en ajoutant nous-même un déplacement de référence au
miroir.

Nous utilisons le faisceau arrière pour mettre en oscillation le mode mécanique en
utilisant la pression de radiation elle-même. Le faisceau arrière n’est ni résonnant avec
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Figure 3.21 – Schéma de l’asservissement du bilame. Les zones grises correspondent
aux zones où l’asservissement n’est pas actif car la correction envoyée sur le moteur
du bilame est insuffisante pour qu’il tourne.

la cavité, ni aligné avec celle-ci ; il ne peut être qu’éventuellement couplé à des modes
d’ordre très grands de la cavité. L’isolation optique entre les diverses détections et le
faisceau arrière est donc excellente. Seul un parasite électronique existe, il est dû à
une boucle de masse créée par le partage d’une horloge commune entre les différents
appareils électroniques et a été largement supprimé en isolant électriquement de la
table optique l’AOM servant à créer la modulation sinusoïdale. La figure 3.25 nous
montre que le déplacement du miroir dû à la modulation peut être rendu supérieur
par plus de 30 dB au bruit thermique dans une bande passante de 1 Hz.

Le faisceau arrière étant très bruité, il pollue une zone relativement large autour
du mode mécanique utilisé pour l’asservissement. Il peut être intéressant de moduler
un autre mode que le mode gaussien fondamental pour le garder propre et y mesurer
les corrélations optomécaniques. Le mode utilisé pour l’asservissement sera désigné par
mode technique.

Expérimentalement, la boucle d’asservissement est réalisée par un programme Py-
thon. L’expérimentateur choisit la valeur du spectre croisé à atteindre. Des données
sont prises pendant un certain temps puis le spectre croisé est évalué. L’écart entre la
valeur et la consigne est multiplié par un gain et le nombre d’acquisitions : on réalise
un intégrateur. Remarquons que cet asservissement ne nous assure pas que la cavité
est parfaitement à résonance tout au long de l’expérience, si nous avions choisi une
consigne nulle naturellement, mais en moyenne. Le spectre croisé étant impair vis-à-vis
du désaccord avec la cavité, la condition de nullité est de passer le même temps de
chaque côté de la résonance pondérée par le désaccord.

On peut aussi voir cet asservissement comme une détection synchrone du désaccord
de la cavité à la différence que la connaissance de la fréquence de modulation est inutile.

Une boîte New Focus est utilisée pour l’asservissement du FPF sur le FPM. Une de
ses entrées est utilisée pour le signal d’erreur PDH tandis que l’autre reçoit la correction
basse fréquence. Elle est créée par un AFG dont le niveau de sortie est réduit d’un
facteur 10 par un pont diviseur de tension. L’offset ajouté peut être aussi faible que
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Figure 3.22 – Tension indiquée par la sortie out/100 de l’amplificateur contrôlant la
cale piézoélectrique de la cavité de filtrage contre fréquence de la lumière. L’ajustement
de la courbe nous indique une bonne linéarité du piézoélectrique et un déplacement de
la résonance de 8,7.10−4 nm/V correspondants à un déplacement absolue maximal du
piézoélectrique de 4 nm.

le millivolt. Cet offset est censé compenser tout offset résiduel du PDH. Une autre
solution équivalente serait de changer le point d’asservissement de l’oscillateur local de
la détection homodyne [72].

Partant d’un offset strictement positif assez faible, l’intensité est contaminée par
le déplacement du miroir et les corrélations sont importantes. Si nous diminuons pro-
gressivement la consigne de l’asservissement, le niveau de corrélation doit diminuer
linéairement jusqu’à atteindre un plateau : les corrélations optomécaniques. On s’at-
tend à obtenir une courbe en V.

3.6.2 Résultats préliminaires

Le mode fondamental est utilisé comme mode technique tandis que la zone scien-
tifique est située dans une large région où aucun mode ne répond significativement.
L’idée est de faire passer les corrélations par un minimum, pas nécessairement d’origine
quantique, pour valider le principe de l’asservissement décrit plus haut.

Nous avons choisi de moduler le mode fondamental pour faciliter l’asservissement.
Celui-ci répond très bien au faisceau arrière : la figure 3.25 nous montre que le dépla-
cement est augmenté d’environ 90 dB par rapport au bruit thermique dans une bande
passante de 0,3 Hz, soit un gain de 30 dB dans une bande passante de 1 Hz 5.

Pour une séquence scientifique, la modulation du premier harmonique du mode
fondamental est possible (voir la figure 3.26) puisque sa réponse au faisceau arrière
est bien au delà du bruit thermique du mode fondamental. On se reserverait alors la

5. Comme la modulation du miroir est cohérente, sa mesure ne dépend pas de la RBW de l’analyseur
de signaux ; le pic peut être considéré comme infiniment fin et expérimentalement, sa forme est fixé par
le filtre de la mesure — on convolue un delta à la réponse du filtre. Le bruit thermique est incohérent
et la valeur mesurée dépend donc de la RBW de la mesure. Il faut prendre soin de préciser la RBW
de la mesure en comparant les deux.
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Figure 3.23 – Longueur d’onde de la lumière à résonance avec la cavité de mesure
en fonction de la température de consigne de l’asservissement en température de cette
même cavité. L’ajustement donne un déplacement de la résonance de 0,21nm/K.

Figure 3.24 – Schéma de principe de l’asservissement très basse fréquence au FPM
par la contamination optique.

possibilité de travailler près de la résonance du mode fondamental pour mesurer les
corrélations optomécaniques.

Une séquence expérimentale consiste donc à choisir plusieurs points d’asservis-
sement successifs, mesurer pour chaque point les corrélations moyennées vectorielle-
ment sur une plage d’une dizaine de kilohertz de large. C’est ainsi qu’a été obtenue
la courbe 3.27. La mesure a été arrêtée car le niveau de corrélation avait atteint un
plateau. Le minimum est de 4%, bien au-dessus du niveau de corrélations quantiques
attendues. C’est le besoin de compréhension de cette limite qui a entraîné les développe-
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Figure 3.25 – Bruit de phase du faisceau selon que le fondamental soit excité par le
faisceau arrière (en bleu) ou non (en rouge)
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Figure 3.26 – Bruit de phase du faisceau selon que le premier harmonique soit excité
par le faisceau arrière (en bleu) ou non (en rouge)
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Figure 3.27 – Niveau des corrélations mesurées en fonction de la consigne choisie pour
l’asservissement.

ments sur le bruit d’intensité classique du faisceau. D’autres séquences expérimentales
ont donné de meilleurs résultats. Des corrélations de 2% ont ainsi pu être mesurées.

Le nouveau niveau minimal de corrélation n’est pas connu après la modification
du montage optique. Une autre voie a aussi été suivi : le développement de nouveaux
résonateurs plus performants pour dépasser le plafond des corrélations parasites.



Chapitre 4

Nous exposons dans ce chapitre les améliorations en cours pour l’observation du
bruit de pression de radiation. Celle-ci est conditionnée par le rapport entre bruit de
pression de radiation et bruit de thermique, donné par (2.6.16) :
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x

ST
x

= 1,2× 10−5 ×
( F
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Sur ce rapport se dégagent les caractéristiques de l’archétype du système optoméca-
nique : une fréquence faible associée à une masse réduite et un facteur de qualité le plus
grand possible, ainsi que la capacité d’opérer à froid. Nous n’envisageons pas d’abais-
ser la fréquence du résonateur car cela impliquerait un travail important sur la source
laser pour avoir un faisceau au shot à basse fréquence. L’amélioration porte donc sur
les autres paramètres.

Pour ce qui est de la température, nous avons vu qu’il était possible de refroidir un
mode en utilisant le couplage optomécanique, mais que, ce faisant, on ne changeait pas
le rapport des deux quantités qui nous intéressent. Pour améliorer la situation, il faut
abaisser la température du bain thermique. Un moyen simple et efficace pour abaisser
la température est d’employer un cryostat à gaz d’échange fonctionnant à l’hélium
4 liquide. Ces cryostats possèdent une forte puissance de refroidissement au regard
des cryostats à dilution, par exemple. De plus, la thermalisation de l’échantillon y est
aisée. Une température de 1,8 K est accessible par ce type de matériel. Cependant, les
propriétés à basse température des matériaux peuvent changer drastiquement ; c’est
notamment le cas de la silice constituant le résonateur plan-convexe utilisé.

Le facteur de qualité de la silice, à la température de l’hélium liquide, est de l’ordre
de 104 [73] aux fréquences où nous travaillons [74]. La baisse du facteur de qualité est
due à la nature amorphe de la silice. Les atomes d’oxygène qui la composent 1 possèdent
deux positions d’équilibres. À basse température, l’énergie de l’onde mécanique est
dissipée en faisant passer les atomes d’oxygène d’une position à l’autre, ce qui a pour
effet de réduire le facteur de qualité mécanique [75]. La silice fondue n’est donc pas le
matériau idéal à basse température pour nos expériences.

Le quartz, forme cristalline de la silice, est, en revanche, un excellent candidat à

1. La silice de formule brute SiO2 est formée d’un réseau aléatoire de tétraèdres SiO4.

111



112 Chapitre 4. De nouveaux résonateurs

basse température, comme à haute température 2. En outre, le quartz est un matériau
piézoélectrique. Ceci peut être d’une grande aide pour exciter directement les modes
mécaniques du résonateur, sans utiliser de cale piézoélectrique dédiée ou injecter un
faisceau laser très intense, ce qui pourrait chauffer fortement le résonateur, dans un
environnement qu’on voudrait garder le plus froid possible.

Pour ce qui est de la masse et du facteur de qualité, nous avons travaillé sur la
géométrie de nouveaux résonateurs compatibles avec la dépôt de miroirs diélectriques :
des micro-piliers développés dans l’équipe en collaboration avec l’ONERA, et des plans-
convexes miniatures, développés en collaboration avec FEMTO-ST.

4.1 Cryostat

Notre choix de cryostat s’est porté sur un modèle à hélium 4. Plus précisément,
sur un Optistat SXM de Oxford Instrument, dont un exemplaire nous avait été prêté
par le groupe de Tobias Kippenberg. Nous avons été amenés à réaliser des descentes
en température de ce cryostat et à mesurer les vibrations induites par la circulation
de l’hélium et son bouillonnement. Nous avons pu réaliser des mesures de vibrations
et confirmer qu’il était tout à fait réaliste d’y asservir une cavité optique.

Descentes en température

Le cryostat est muni d’un réservoir d’hélium 4 d’une capacité de 4,3 l. Lors de la
mise en marche, la première opération de remplissage 3 dure environ 4 heures car le
réservoir doit se thermaliser avant de pouvoir le remplir d’hélium liquide.

Le réservoir est isolé de l’extérieur par une chambre à vide, pompée avant chaque
utilisation par une pompe à palette, et des boucliers thermiques refroidis par le gaz
d’hélium froid expulsé. Ce gaz est pompé et envoyé à la récupération d’hélium du
service des basses températures de l’université.

Lors du transfert d’hélium, le tuyau connecté à la sortie du cryostat se prend en
glace, c’est le signe d’une forte émission de gaz lors de la thermalisation du réservoir.
Une grande épaisseur de glace est le symptôme d’un trop fort débit d’hélium dans le
réservoir ; la pression dans le bidon de remplissage doit être abaissée en conséquence.
Lorsque de l’hélium liquide commence à être effectivement transféré, la quantité de
gaz produit diminue largement et la glace en sortie de cryostat fond.

La chambre expérimentale, où se trouve l’échantillon, est refroidie par l’hélium
stocké dans le réservoir admis au travers d’un capillaire. Ce capillaire peut être ouvert
ou fermé de manière continue au moyen d’une vanne pointeau. La pression dans la
chambre est liée au pompage et à l’impédance du capillaire. Le choix de la température
de fonctionnement est possible en ajustant la pression dans la chambre : on se déplace
le long de la courbe de pression de vapeur saturante de l’hélium 4. La puissance de
refroidissement est liée à la température : elle est exponentiellement décroissante selon
la loi de Clapeyron [76].

2. Il existe cependant des plages de température où le facteur de qualité se dégrade fortement [85].
3. Il est possible de remplir le réservoir plusieurs fois sans attendre la remontée en température du

cryostat à l’issue du premier remplissage du réservoir.
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Pour éviter le blocage de cette vanne pointeau, cruciale au bon fonctionnement du
cryostat, le réservoir est purgé à l’hélium ultra-pur avant le transfert d’hélium liquide
en son sein.

Le bouillonnement de l’hélium stocké est source de vibrations que nous avons me-
surées.

Mesure des vibrations

Nous avons construit un interféromètre de Michelson pour mesurer les vibrations du
cryostat. Un des miroirs était placé verticalement (face vers l’horizon) dans le cryostat
— nous mesurons donc les vibrations transverses à l’axe de la tige — tandis que le
deuxième, monté sur une cale piézoélectrique, était fixé à la table optique. Ces deux
miroirs forment les miroirs de renvoi des deux bras de l’interféromètre. Le faisceau
laser est séparé sur une lame 50-50 pour donner deux faisceaux qui chacun entrent
dans un bras avant d’êtres recombinés sur la lame 50-50. Une photodiode mesure
alors les interférences de ces deux faisceaux. La cale piézoélectrique est utilisée pour
asservir le laser à mi-frange, là où la sensibilité en déplacement de l’interféromètre est
la meilleure.

Nous avons donc deux moyens de mesurer les vibrations différentielles des deux
miroirs : soit en regardant les fluctuations de tension en sortie de la photodiode, soit
en regardant le signal d’erreur utilisé pour asservir l’interféromètre. Le choix de la
méthode est déterminé par une mesure de la fonction de transfert en boucle fermée :
si celle-ci est proche de l’unité, alors les vibrations sont corrigées par l’asservissement
et dans ce cas le signal d’erreur retranscrit parfaitement les vibrations. À l’inverse, si
l’asservissement est inopérant, c’est-à-dire que la fonction de transfert en boucle fermée
est presque nulle, les vibrations ne sont pas compensées et se voient directement sur
la photodiode.

Nous avons donc réalisé une mesure de la fonction de transfert en boucle fermée
(voir la figure 4.1). Pour cela, nous utilisons un analyseur de réseau pour ajouter une
perturbation sur le signal à asservir et mesurer la réponse à cette perturbation sur la
photodiode, derrière une filtre passe-haut actif raide. Le rôle de ce filtre est double :
un suiveur est présent en entrée, de manière à ne pas perturber la bonne marche de la
boucle de rétroaction, et, de plus, il est impératif de ne pas envoyer une tension DC
sur l’analyseur de réseau. La fonction de transfert, tracée sur la figure 4.1, reste proche
de 1 (0 dB) entre 0 et 1 kHz. La mesure nous indique que l’asservissement compense
parfaitement les vibrations du système et que les vibrations du cryostat sont donc à
mesurer sur la correction de l’asservissement.

La mesure précédente s’interprète également comme une calibration relative des
vibrations mesurées sur la voie du signal d’erreur : le gain n’étant pas plat, les spectres
obtenus sont à corriger par le gain du système. La calibration absolue en déplacement
est obtenue en évaluant le déplacement de la cale piézoélectrique en réponse à une
modulation monochromatique. Nous ajoutons donc au signal d’erreur une sinusoïde
d’amplitude connue. La comparaison de la réponse à cette sinusoïde, mesurée sur la
photodiode, à l’amplitude des franges d’interférence visualisées sur un oscilloscope per-
met la calibration. Les franges d’interférence correspondent en effet à un déplacement
connu : λ/2, ce qui conclut la calibration. Bien sûr, comme la boucle de rétroaction
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Figure 4.1 – Fonction de transfert en boucle fermée de l’interféromètre et principe de
sa mesure.

compense tout déplacement, le signal d’erreur est filtré à très basse fréquence (30 Hz),
de sorte que les perturbations à plus haute fréquence ne soient pas compensées, tout
en conservant un point de fonctionnement optimal de l’interféromètre.

Nous exposons sur la figure 4.2 les vibrations calibrées du miroir dans le cryostat.
Nous avons aussi fait des mesures de vibration en remplaçant le miroir dans le cryo-
stat par un miroir de test fixé à la table optique (voir la courbe "background" sur la
figure 4.2). En comparant les spectres obtenus avec le miroir de test sur le signal de la
photodiode et sur la correction avec les spectres obtenus en plaçant le miroir dans le
cryostat, nous n’avons pas vu de différence pour les fréquences supérieures au kilohertz.
Nous en concluons que les vibrations produites par le cryostat sont essentiellement à
basse fréquence.

Une explication du faible niveau de vibration dans le cryostat à haute fréquence
tient au fait que le miroir est attaché à une longue tige qui agit comme un pendule et
filtre les vibrations au-dessus de sa fréquence de résonance.

Nous remarquons un effet du bouillonnement de l’hélium dans le réservoir à 300 Hz
puisque ce pic est présent que l’hélium circule (vanne pointeau ouverte) ou non (vanne
pointeau fermée) dans la chambre expérimentale. Les fluctuations typiques de position
du miroir sont inférieures à λ et s’asservir à une cavité optique de haute finesse dans
un tel environnement semble tout à fait réaliste.

Les fluctuations basse fréquence pourraient empêcher la bonne adaptation spatiale
de la cavité. Les vibrations horizontales doivent en effet êtres inférieures au waist du
faisceau dans le cas d’une cavité verticale et inférieures au paramètre de Rayleigh dans
une configuration horizontale, comme l’indique la figure 4.3.
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Figure 4.2 – Mesure des vibrations dans le cryostat.

Figure 4.3 – Influence des vibrations sur l’adaptation spatiale de la cavité. Les vi-
brations horizontales doivent êtres inférieures au waist du faisceau dans le cas d’une
cavité verticale tandis qu’elles doivent être inférieures à la longueur de Rayleigh pour
une cavité horizontale.
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Les deux possibilités d’alignement de la cavité (horizontale ou verticale) nous sont
offertes avec ce niveau de vibration. Nous avons entrepris de dessiner une nouvelle tête
porte-échantillon pour le cryostat.

4.1.1 Tête du cryostat

Nous avons effectué les mesures des vibrations horizontales et vérifié que l’axe
optique de la cavité ne se déplacerait pas trop. On pourrait alors être tenté de placer la
cavité horizontalement. Nous n’avons pas suivi cette idée pour deux raisons principales :

— Le diamètre de la chambre expérimentale n’est que de 43 mm. Il est plus simple
de faire entrer un cylindre vertical dans un autre cylindre vertical.

— Le bon alignement du faisceau dans la cavité serait fortement perturbé lors de la
descente à froid. En effet, la contraction thermique de la tige est millimétrique 4.
Ce déplacement est à comparer au waist du faisceau dans le cas d’une cavité
horizontale : la contraction de la tige entraine un désalignement complet de la
cavité. Par contre, dans le cas d’une cavité verticale, l’effet de la dilatation de
la tige ne provoque qu’un léger changement de l’adaptation spatiale (voir la
figure 4.3).

En plaçant la cavité verticalement, ces deux problèmes sont résolus au prix d’une
sensibilité accrue aux vibrations verticales, non filtrées par la tige. Nous avons pris le
parti de contrer cette complication potentielle en incorporant un amortisseur sur la
tige.

Une image de la tige est donnée sur la figure 4.4 a). Des disques sont placés régu-
lièrement pour empêcher la convection du gaz d’hélium qui limiterait la puissance de
refroidissement du cryostat au niveau de la zone utile : la cavité optique. De même,
la conduction thermique est limitée en utilisant, en guise de tige, un tube de faible
épaisseur en inox.

L’échantillon vient se fixer sur la pièce (figure 4.4 b), qui est trouée pour laisser
circuler l’hélium et incorpore un miroir de renvoi permettant l’accès à la transmission
de la cavité.

L’amortisseur est représenté sur la figure 4.4 c). La pièce est conçue de manière à
venir s’appuyer sur deux joints toriques en viton, connu pour son fort pouvoir amortis-
sant [77], isolant mécaniquement ainsi le haut de la tige du bas. La compression de ces
joints, qui détermine la fréquence de coupure de l’amortisseur, est réglée par le serrage
des vis reliant le haut de la tête au bas. L’amortisseur est placé le plus haut possible
pour que les joints soient à la température la plus haute possible et conservent ainsi
une certaine élasticité.

Ces pièces ont été construites par l’atelier mécanique du laboratoire, mais le temps
a manqué pour effectuer une caractérisation de l’amortisseur.

Nous avons donc un système cryogénique adapté à l’optomécanique. Le résonateur
utilisé au cours de cette thèse s’avère, lui, en revanche, inapte à opérer à froid. Nous

4. En supposant une évolution linéaire de la température de la tige de longueur L avec une différence
de température ∆T entre le haut et le bas de la tige, on aboutit, en notant c le coefficient de dilatation
thermique, à une variation de longueur ∆L de la tige donnée par ∆L = cL∆T/2. On peut prendre
un coefficient de dilatation thermique de l’inox de l’ordre de 10−5, une tige de longueur 60 cm et une
différence de température de 300 K : ∆L est alors de l’ordre du millimètre.
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Figure 4.4 – Tête du cryostat.

exposons donc maintenant les solutions envisagées en termes d’améliorations sur le
résonateur. Nous envisageons d’utiliser un résonateur déjà employé dans le groupe : le
micro-pilier en quartz, développé en collaboration avec l’ONERA pour la mécanique
et le LMA pour l’optique. Nous avons également conçu un nouveau type de résona-
teur. Il s’agit d’un résonateur plan-convexe en quartz, développé en collaboration avec
FEMTO-ST, que nous présentons maintenant.

4.2 Résonateurs plan-convexes en quartz

La géométrie du résonateur utilisé au cours de cette thèse donne des résultats cor-
rects. Le déficit de facteur de qualité par rapport aux micro-piliers peut être compensé
par une meilleure finesse. Les meilleurs cavités construites dans l’histoire du groupe
avaient une finesse de 300 000, limitée par la transmission du coupleur, soit plus d’un
facteur 3 au-delà de celle des cavités à piliers. Le rapport signal à bruit de notre mesure
fait intervenir la finesse au carré, ce qui peut compenser les performances mécaniques
amoindries.

La masse des résonateurs plans-convexes en silice est en revanche le point noir :
ils sont mille fois plus lourds que les piliers. Une méthode naïve de réduction de la
masse est de diminuer les dimensions du résonateurs. Cependant, cette mise à l’échelle
s’accompagne d’une augmentation de la fréquence des modes, ce qui est défavorable
d’après la formule (2.6.16), et si la masse diminuait aussi vite que la fréquence aug-
mentait, nous ne serions pas gagnants au final. Il se trouve que pour la géométrie
plan-convexe, la réduction de masse du mode mécanique fondamental gaussien est
plus rapide que l’augmentation en fréquence de ce mode : le rapport signal à bruit
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augmente effectivement en diminuant la taille du résonateur.
Nous avons donc simulé le comportement de résonateurs de petites dimensions avec

des paramètres géométriques compatibles avec la réalisation technique. Deux premiers
échantillons ont d’ailleurs pu être produits en collaboration avec Serge Galliou et Xavier
Vacheret et valident partiellement la faisabilité de tels résonateurs.

4.2.1 Simulations
Des simulations par éléments finis ont été menées sur des résonateurs d’une épais-

seur de 0,5 mm, d’un diamètre de 10 mm et d’un rayon de courbure de 200 mm ou
40 mm. L’épaisseur peut difficilement être plus fine sans compliquer la mise en cavité,
le résonateur devenant trop fragile. De grands diamètres empêchent l’utilisation de pe-
tits rayons de courbure, a priori favorables. Cependant, nous ne pouvons pas utiliser
de diamètres trop petits sans compromettre le bon maintien du résonateur dans la
cavité. Aussi, une taille de 10 mm est un compromis raisonnable. Les deux rayons de
courbure correspondent à un choix de sureté pour le rayon de courbure le plus grand,
plus simple à réaliser, et un choix de performance pour le rayon de courbure le plus
petit, qui confine mieux le mode.

L’anisotropie du quartz a été prise en compte dans la simulation. La coupe des
wafers de quartz est donnée selon l’axe normal 5 au wafer : une coupe Z correspond à
une coupe où l’axe optique est normal au wafer. Il apparaît que le mode fondamental
gaussien n’existe pas pour toutes les coupes. Il n’existe pas pour les coupes X, SC ou
AT notamment, mais est visible sur les coupes Z et Y. Comme des wafers en coupe
Z étaient directement disponibles au laboratoire, nous avons choisi de nous concentrer
sur cette coupe.

Nous avons extrait les profils des modes sur la figure 4.5. Nous y voyons que le
centrage du faisceau laser sur le centre est critique et que les modes sont bien confinés.
La masse des modes est de 240µg dans le cas d’un rayon de courbure de 200 mm et
190µg pour un rayon de courbure de 40 mm. La fréquence du mode est de 6,09 MHz
dans le premier cas et de 6,13 MHz dans le second.

Performances attendues

L’adaptation de la formule (2.6.16) au cas des plans-convexes en quartz donne :

Srad
x

ST
x

= 2,6× 10−3 ×
( F

300 000

)2 P in

1 mW × 240µg
M

Q

5.105
6 MHz
fM

× 300 K
T

. (4.2.1)

Un niveau de corrélation de plus de 7% semble donc envisageable à température am-
biante. Obtenir une finesse importante est sans doute l’opération la plus compliquée.

4.2.2 Fabrication
Nous sommes partis des wafers superpolis utilisés pour la fabrication des micro-

piliers dont nous avons protégé une des faces — les deux faces sont initialement su-
perpolie, nous en sacrifions une qui deviendra la face convexe du résonateur — avec

5. On peut aussi préciser un angle de rotation simple, comme pour la coupe AT, ou double, comme
pour la coupe SC, par rapport à un axe de référence.
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Figure 4.5 – Profils théoriques des modes gaussiens fondamentaux pour les deux types
de résonateurs envisagés.

de la résine. Le même traitement a été réservé à un wafer de très grande qualité mais
non-superpolie ; il joue le rôle de témoin. Les wafers ont été rectifiés (leur épaisseur
initiale était trop importante et il a fallu enlever de la matière avant de commencer
le rodage), découpés grossièrement à la sonotrode avant d’être passés au tour pour
obtenir de petites pastilles du diamètre des résonateurs.

Malheureusement, les contraintes de surface sur le quartz laissées lors du super-
polissage sont très importantes et le bord des résonateurs a été endommagé lors du
passage au tour, comme le montre la figure 4.6, où il apparaît que seuls les échantillons
superpolis ont été affectés par ce problème. Cela indique qu’il serait préférable de réali-
ser le superpoli à l’issue du rodage. Ceci se ferait au prix d’une plus grande incertitude
sur l’épaisseur du résonateur, et donc sur la fréquence mécanique. En effet, le super-
poli nécessite un enlèvement de matière tant que la surface n’a la rugosité désirée. Ce
n’est donc pas un processus déterministe. D’éventuels défauts du cristal pouvant être
présents en profondeur, on ne contrôle pas l’épaisseur qui sera effectivement enlevée
lors du superpolissage. De plus, la résine protégeant le superpoli n’a pas supporté ces
traitements : il est très possible que l’état de surface de la face plane se soit dégradé.

Une fois les pastilles obtenues, nous les avons rodées — c’est à dire que nous avons
mis en forme le quartz par abrasion — afin de créer la face convexe du résonateur.
Un bassin de rodage, sorte de cuve, en laiton est fixé sur un axe mis en rotation. La
pastille à roder est collée dans une pièce dont la face arrière présente une concavité
qui permet d’y exercer une pression, à l’aide d’un fouloir, tout en laissant la pièce
tourner sur elle-même. Ceci est nécessaire car lorsque la pastille est dans le bassin de
rodage, la rotation de celui-ci la met en rotation sur elle-même. Une solution de grains
grossiers est versée dans le bassin. L’opérateur déplace alors la pastille en effectuant des
mouvements du poignet selon une droite (voir la figure 4.7). La rotation de la pastille
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Figure 4.6 – Dégradation de l’état des bords des pastilles issues du superpoli. Les
photographies a) et b) correspondent au superpoli tandis que c) et d) correspondent
au wafer test.

permet d’avoir un rodage régulier sur toute la surface du quartz. Le rayon de courbure
du résonateur sera donc celui du bassin de polissage. Les profils convexes obtenus sont
présentés sur la figure 4.8. Au fur et à mesure du rodage, des grains de plus en plus
fins sont utilisés afin de laisser le meilleur état de surface possible avant le polissage.
Les grains les plus gros sont utilisés jusqu’à ce que l’épaisseur finale du résonateur soit
approchée.

Après l’étape de rodage, les résonateurs sont polis. Cette étape est similaire au
rodage, la seule différence est qu’un feutre est placé dans un bassin de polissage —
différent de celui employé lors de la phase de rodage pour éviter toute contamination
des particules abrasives — et que des grains très fins sont utilisés. Nous avons mesuré
l’évolution de la rugosité au cours du polissage sur la figure 4.9. La mesure a été faite
au profilomètre mécanique. Les données obtenues sont corrigées : le rayon de courbure
de la pièce est estimé et le profil est aplani en prenant en compte cette information.
À l’issue de cette phase préliminaire, la variance des données est calculée. On nomme
ce coefficient Rq. Il est donné sur la figure 4.9, où nous avons reporté l’évolution du
profil de la face convexe d’un résonateur de rayon de courbure 200 mm au cours du
polissage. Il apparaît que, bien que les profils soient qualitativement différents, le Rq
varie peu. Une mesure plus fiable de la rugosité à l’AFM a donc été mise en place.

Une portion de la surface du résonateur est scannée. La densité spectrale du profil
est estimée selon deux directions orthogonales et les valeurs obtenues sont moyennées.
La densité spectrale est intégrée : nous trouvons des variations de 1,9 nm RMS pour la
face plane et 3,3 nm RMS pour la face convexe. La face plane initialement superpolie ne
semble plus l’être. La couche de résine a été détériorée lors du passage à la rectifieuse et
le superpoli a dû se détériorer au cours des divers manipulations. Il faudra donc prendre
soin à l’avenir de mieux protéger la face superpolie, ou de superpolir le résonateur à
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Figure 4.7 – Rodage du quartz

Figure 4.8 – Profils convexes pour les résonateurs de rayon de courbure 40 mm a) et
200 mm b).
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Figure 4.9 – Évolution de la rugosité de la face convexe dans le cas d’un rayon de
courbure de 200 mm.

l’issue des phases de rodage et polissage préliminaires.
Nous n’avons malheureusement pas pu caractériser les propriétés mécaniques des

résonateurs ainsi obtenus. En particulier, une mesure du facteur de qualité mécanique
avant dépôt aurait pu permettre de valider l’influence de celui-ci sur les performances
du résonateur.

Nous avons également envisagé d’utiliser un résonateur ayant déjà fait ses preuves
et pour lequel le groupe possède une bonne expertise. Il s’agît de micro-pilier.

4.3 Micro-pilier

Nous avons vu que le facteur de qualité des miroirs plans-convexes semble limité
par les pertes du dépôt diélectrique. Une solution intelligente pour bénéficier simulta-
nément d’excellentes qualités optiques et mécaniques est de placer le miroir sur une
zone sans déformation du résonateur. C’est ce qui a été fait dans la conception des
micro-piliers.

Ces résonateurs sont formés d’un pilier possédant un mode de compression qui
ne déforme pas le sommet du pilier (voir la figure 4.11). Un dépôt à cet endroit ne
subit quasiment aucune contrainte lors de la déformation du résonateur : le facteur de
dilution (2.6.7) est nul et le facteur de qualité du mode n’est pas altéré par le dépôt.

Les pertes pas ancrage sont limitées en maintenant le pilier par une fine membrane
en son milieu, qui correspond à un nœud du déplacement du mode fondamental de
compression. Les pertes sont encore réduites par l’utilisation d’un cadre de découplage
tirant partie de l’effet Poisson pour isoler le pilier du substrat.

On est en principe limité uniquement par les pertes intrinsèques du matériau consti-
tuant le résonateur : le quartz. De très hauts facteurs de qualités sont donc a priori
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a)

b)

c)

Figure 4.10 – État de surface d’un plan-convexe de rayon de courbure 200 mm carac-
térisé à l’AFM. a) Face convexe. b) Face plane. c) Densité spectrale du profil des faces
planes et convexes.

Figure 4.11 – a) Schéma de principe de micro-pilier. b) Représentation du mode
fondamental de compression. La figure est extraite de [78].
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Figure 4.12 – a) Géométrie du pilier, avec les dimensions retenues pour la fabrication.
b) Vue au microscope électronique à balayage d’un échantillon. La figure est extraite
de [78].

accessibles sur une large gamme de température (à l’ambiante et à la température de
l’hélium liquide).

Le quartz est un matériau anisotrope et cristallin : il est possible de réaliser une
gravure humide sélective. En effet, la gravure est bien plus lente selon les plans cris-
tallins contenant une forte densité de liaisons électroniques, ceci permet d’obtenir une
forme relativement complexe. Nous profitons des plans de cristallins pour graver deux
triangles, visibles sur la figure 4.12, homothétiques partageant le même centre. Ils
constituent le pilier et son cadre de découplage. L’épaisseur du pilier (1 mm) et l’ex-
tension latérale (200µm) permettent d’obtenir une masse d’environ 70µg.

4.3.1 Fabrication

La fabrication des échantillons a été réalisée avec l’aide plus que précieuse de Salim
Zerkani.

Nous partons d’un wafer monocristallin ultra-pur, superpoli à moins de 3Å sur
ses deux faces. La pureté est importante, d’une part, afin de bénéficier du meilleur
facteur de qualité possible, mais surtout, parce que la gravure est extrêmement sensible
aux dislocations du mono-cristal. On dépose une couche de chrome et d’or servant à
protéger certaines zones du quartz de la gravure à venir. Le chrome est utilisé pour
permettre à l’or de se fixer sur le quartz ; l’or lui-même protège de l’attaque chimique.

Le wafer obtenu est enrésiné. La résine est insolée aux UV derrière deux masques
en chrome identiques sur chaque faces à l’aide d’une aligneuse double-face, suivant les
axes cristallographiques du quartz repérés sur le wafer. La résine est ensuite développée
puis les zones découvertes sont démétallisées.

On est alors prêt à procéder à la gravure. Connaissant la vitesse de gravure (20µm/h),
nous sommes en mesure d’estimer le temps de gravure nécessaire à l’obtention du pilier.
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Figure 4.13 – Étapes de fabrication d’un micro-pilier.

Les échantillons sont retirés du bain chimique peu avant que la membrane ne s’affine
trop. Le wafer est clivé selon ses plans cristallins de manière à détacher les échantillons
individuels qu’il supporte.

L’épaisseur de la membrane est estimée en utilisant un microscope : une première
mise au point est effectuée à la surface du pilier, on note alors le déplacement verti-
cal de la plateforme du microscope. On effectue une deuxième mise au point sur la
surface de la membrane, d’où on déduit la profondeur de gravure puis l’épaisseur de
la membrane en comparant la profondeur à l’épaisseur du wafer initialement mesurée.
Cette méthode se révèle relativement imprécise en raison des pyramides, d’une hauteur
typique de 10µm, se formant à la surface de la membrane. Aussi, le temps de gravure,
directement relié à l’épaisseur de la membrane, semble être une mesure bien plus fiable
de l’épaisseur.

Si l’épaisseur de la membrane est jugée suffisamment faible, une mesure par ring-
down du facteur de qualité est effectuée dans un interféromère de Michelson. À l’issue
de la mesure, soit le facteur de qualité est satisfaisant et le pilier est démétalisé avant de
recevoir un dépôt diélectrique au LMA, soit le pilier est remis dans le bain un certain
temps avant d’être à nouveau mesuré.

De manière générale, plus la membrane est fine, plus le facteur de qualité est impor-
tant, comme le montre la figure 4.15, où le facteur de qualité des piliers à été reporté en
fonction du temps de gravure. On remarque une tendance générale à l’augmentation
du facteur de qualité au cours de la gravure. Le processus reste assez peu reproductible
et le facteur de qualité ne varie pas forcément de manière monotone avec l’épaisseur de
la membrane. Les piliers semblent mieux fonctionner si la membrane est "sur-gravée",
au point de présenter des trous (voir la figure 4.14).

Les piliers présentant un fort facteur de qualité sont démétalisés et nettoyés. Il faut
alors préparer le dépôt du miroir. Un masque physique est réalisé en partant d’un film
sec de faible épaisseur afin d’éviter les effets d’ombrage lors du dépôt. Le film est insolé
derrière un masque présentant un disque de la taille du miroir 6, collé sur l’échantillon,

6. Il s’agit d’une développement négatif : les zones non-insolées seront développées.
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Figure 4.14 – Vue au microscope optique en transmission d’un pilier démétalisé. On
peut voir que les membranes sont percées.

puis partiellement développé. En effet, une étape suplémentaire de RIE 7 est nécessaire
pour terminer l’ouverture du miroir. Le résultat est visible sur la figure 4.16. Pour une
présentation détaillée de la fabrication complète des micro-pilier, le lecteur intéressé
pourra se reporter à [79]. Finalement, nous disposons d’une série de résonateurs de
bon facteur de qualité prêts à subir un dépôt de miroir. Ces résonateurs formeront le
miroir de fond d’une cavité Fabry-Perot.

En raison de la petite taille des piliers, il est nécessaire de travailler avec un waist
optique très faible, tout en maintenant une longueur de cavité courte, ceci pour avoir
une bande passante de l’ordre de la fréquence de résonance mécanique (3,5 MHz). Il
est donc nécessaire de travailler avec des coupleurs de petit rayon de courbure, non
disponibles dans le commerce.

4.3.2 Coupleurs à petits rayons de courbures

Nous avons bénéficié de l’aide du groupe de Jakob Reichel pour réaliser des conca-
vités [80] par ablation laser sur des substrats de silice fondue. Le rayon de courbure des
concavités est sub-millimétrique et d’extension latérale de l’ordre de quelques centaines
de microns, bien plus faibles que la taille typique du faisceau pour peu que la longueur
de cavité soit bien choisie.

Ce système est traditionnellement utilisé pour créer les concavités sur l’extrémité
d’une fibre optique en vue de l’utiliser pour créer une cavité fibrée [81] qui porte des

7. Reactive Ion Etching
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Figure 4.15 – Effet du temps de gravure sur le facteur de qualité des différents micro-
piliers.
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Figure 4.16 – Vue au microscope optique du film sec collé sur le pilier.

Figure 4.17 – Caractérisation de l’échantillon H12. L’ajustement gaussien du profil
selon deux directions orthogonales est présenté en a). Le décentrage du cratère par
rapport au centre de l’image prise est visible en b), qui présente la topographie du
cratère. Les images brutes issues de l’interféromètre de Mirau sont présentées en c)
avant le tir et en d) après le tir. Des franges serrées indiquent une variation rapide du
profil. Les franges en c) proviennent d’un très léger défaut de normalité du faisceau
sur le substrat.
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Échantillon ROC (µm)
H2 4700
H10 240
H11 335
H12 420
H15 120
S2 900
S4 1500
S5 1090
S6 295
S10 260
S13 180
S14 260

Figure 4.18 – Rayons de courbures obtenus. Les échantillons dont le nom commence
par un H (S) sont en herasil (suprasil).

modes optiques de très faible volume, ce qui exacerbe le couplage lumière-matière [82].
Ces cavités sont d’ailleurs employées dans le monde de l’optomécanique [83].

Pour fabriquer ces échantillons, nous partons de wafers de suprasil ou d’herasil
superpolis. Ce sont deux formes de silice fondue présentant de bonnes performances
mécaniques et une très bonne transmission dans l’infrarouge proche. Ils absorbent,
en revanche, le rayonnement d’un laser CO2 à 10µm, tel que celui utilisé pour la
photoablation. Les wafers d’épaisseur 1 mm sont recouverts d’une couche de résine sur
les deux faces avant d’être débités en carrés de 0,9 cm de côté. La résine préserve l’état
de surface des substrats lors de la découpe et est retirée avant l’étape de photoablation.

Le substrat obtenu est placé sur une platine de micro-positionnement XYZ sur
laquelle est fixée une platine de rotation biaxe. Cet assemblage permet de contrôler
finement les paramètres géométriques du tir à l’aide d’un interféromètre de Mirau. Le
programme de contrôle permet une mise au point largement automatisée de l’échan-
tillon sur l’interféromètre.

La mise au point de l’échantillon sur l’interféromètre nous assure que l’échantillon
est au waist du faisceau de tir. Nous avons donc quatre paramètres ajustables dans
le cas d’un tir simple : la position du waist, la durée de l’impulsion, la puissance du
faisceau et le temps de chauffage de l’échantillon.

Le profil géométrique du cratère ne reflète pas complètement la distribution d’in-
tensité du faisceau de tir, car la physique gouvernant la photoablation est fortement
non-linéaire. Une méthode simple de choix de paramètres consiste à essayer un grand
nombre de paramètres de tir, l’interféromètre de Mirau permettant de caractériser sim-
plement et très rapidement le cratère juste après l’ablation (se référer à la figure 4.17
pour un exemple de caractérisation). De plus, la caractérisation optique évite toute
contamination de la surface en permettant de se passer d’un profilomètre mécanique.

La rugosité dans le cratère avait été mesurée sur d’autres échantillons produits en
utilisant une technique identique, mais un montage moins perfectionné en termes de
positionnement et de caractérisation de la structure. Des valeurs de 3Å avaient alors
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été mesurées par AFM.
La figure 4.18 présente les rayons de courbures obtenus. Des rayons de courbures

plus grands peuvent êtres obtenus en utilisant un faisceau laser avec un waist plus
important. Ceci nécessite une puissance plus importante pour passer au dessus du seuil
de fusion de la silice sur une large zone, ce que ne permet pas d’atteindre le montage
employé ici. Une autre solution, plus élégante, consiste à réaliser une matrice de tirs et à
fondre subséquemment cette large zone pour obtenir une structure étendue et régulière.
Nous n’avons pas mis en place cette possibilité offerte par la machine développée par
l’équipe de Jakob Reichel, par manque de temps et parce que les échantillons fabriqués
sont suffisants pour notre application.

4.3.3 Cavité
La fréquence des micro-piliers est de 3,5 MHz. En mettant cela en relation avec les

finesses obtenues par le groupe pour ce genre de cavités (plus de 50 000), nous trouvons
une taille de cavité inférieure à 430µm pour obtenir une bande passante supérieure à
la fréquence mécanique.

La cavité optique plan-concave formée par le micro-pilier et le coupleur doit évi-
dement être stable : sa longueur doit donc être inférieure au rayon de courbure du
coupleur. Il semble raisonnable de travailler avec des cavités courtes, en utilisant un
wafer fin, de silicium par exemple, pour sa conductivité thermique à basse tempéra-
ture, ouvert en son centre comme entretoise entre le coupleur et le pilier. Des wafers
de 100µm sont disponibles et assurent une cavité stable pour nos coupleurs.

En travaillant avec une longueur de cavité de 100µm et les rayons de courbure
obtenus, la figure 4.19 montre que le faisceau est bien plus petit que le diamètre du
miroir sur le pilier et que l’extension typique du cratère sur le coupleur. Cependant,
tout le miroir déposé au centre du pilier n’est pas d’égale qualité et seule la moitié
de son diamètre initial (120µm, d’après la figure 4.16) est utilisable. En conséquence,
les pertes par coupure du faisceau dans la cavité ne seront pas un facteur limitant
pour peu que le waist sur le pilier soit inférieur à 15µm. Cette valeur est accessible
pour des rayons de courbure inférieurs à 500µm. La figure 4.19 indique les coupleurs
compatibles avec cette exigence.

4.3.4 Performances
Nous adaptons la formule (2.6.16) au cas du micro-pilier. Les finesses de cavité

atteintes au sein du groupe sont supérieures à 50 000, de ce point de vue les micro-
piliers sont moins performants. En revanche, les micro-piliers bénéficient d’une masse
plus de 1000 fois inférieure et de performances mécaniques très élevées — le facteur
de qualité peut atteindre plus de 10 millions à froid. À température ambiante, des
facteurs de qualités de 1 millions sont très réalistes. Le rapport signal à bruit est donc
augmenté par rapport au cas du plan-convexe historique puisque l’on a :

Srad
x

ST
x

= 1,5× 10−3 ×
( F

50 000

)2 P in

1 mW × 70µg
M

Q

106
4 MHz
fM

× 300 K
T

. (4.3.1)

Cette valeur donne des corrélations supérieures à 4%, au-delà de la valeur seuil (1%)
que notre montage optique pouvait révéler avant son amélioration.



4.3. Micro-pilier 131

H10
H11

H12H15 S2 S4S5

S6 S10S13
S14

Figure 4.19 – Taille du faisceau sur le pilier et sur le coupleur pour différents rayons
de courbures du coupleur et une cavité de longueur 100µm. La zone grisée correspond
à la zone ou la finesse de la cavité serait limitée par la taille trop importante du faisceau
sur le pilier.

Les performances d’une cavité optomécanique s’évaluent en terme d’intensité SQL,
nous l’avons vu. L’application de la formule (1.4.19) donne, en utilisant un coupleur
de 100 ppm et un résonateur de facteur de qualité 1 million, une intensité SQL faible :
ISQL = 0,3µW.

En travaillant à froid, une température de 2 K est réaliste. En considérant un facteur
de qualité de 106, c’est-à-dire en étant pessimiste, un début de réduction de bruit serait
difficilement observable avec une intensité incidente de 1 mW. En prenant en compte
l’augmentation du facteur de qualité à basse température et en se donnant les finesses
les plus élevées obtenues par le groupe concernant les cavités micro-pilier, l’intensité
SQL n’est plus que de 2,9 nW (Q = 107,F = 90 000, T = 35 ppm) et la réduction de
bruit devient observable, comme le montre la figure 4.20.

Nous avons donc présenté au cours de ce chapitre les améliorations futures de
l’expérience. Elle consistent en l’emploie de la cryogénie et le développement de ré-
sonateurs présentant de meilleurs performances à température ambiante mais aussi à
froid. Ceci nous donnera plusieurs possibilités expérimentales, puisque si la démons-
tration de corrélations optomécaniques à température ambiante devait s’avérer trop
compliquée, il serait cette fois possible d’abaisser le bain thermiques. Dans le meilleur
des cas, il devrait même être possible d’observer une réduction du bruit quantique de
la lumière. Ces expériences sont très sensibles au bruit classique et la réduction de ce
bruit présentée au chapitre précédent est une avancée intéressante. La réduction du
bruit classique est d’ailleurs très forte aux fréquences de résonance mécanique des fu-
tures résonateurs. La puissance shot mesurée est de l’ordre de la centaine de milliwatts
sur la figure 3.19 aux fréquences d’intérêt.
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Figure 4.20 – Réduction de bruit pour un micro-pilier refroidi à 2 K. Nous considérons
une finesse de 90 000, une masse de 70µg, un facteur de qualité de 107 (c’est-à-dire
que Γ/2π = 400 mHz) et 1 mW de puissance incidente.



Conclusion

Les travaux présentés dans cette thèse ont pour but la compréhension des limites
fondamentales à la précision des mesures interférométriques de position d’un miroir
mesurée à travers le déphasage acquis par la lumière qui se réfléchi sur celui-ci. Le
bruit de phase quantique impose une incertitude à cette mesure, qui diminue quand la
puissance moyenne du faisceau augmente. Cependant, les fluctuations d’amplitude de
la lumière se traduisent en un bruit de pression de radiation. Le gain sur la précision de
la mesure se fait donc au prix d’une augmentation de l’action en retour de la lumière
sur le miroir. La sensibilité de la mesure est donc limitée par les bruits quantiques de
la lumière. C’est ce phénomène que nous souhaitions mettre en évidence.

L’action en retour entraîne l’apparition d’une limite de sensibilité en utilisant des
états cohérents du champ, appelée SQL pour Standard Quantum limit. Elle s’applique
à un système n’étant soumis à aucun bruit classique et ne dépend que des propriétés
mécaniques du miroir. L’emploi d’une cavité de grande finesse, qui agit comme un am-
plificateur du champ optique, permet d’abaisser l’intensité à laquelle la SQL est atteinte
à des niveaux expérimentalement accessibles. La sensibilité peut ainsi être améliorée
par l’emploi d’états comprimés du champ, qui peuvent notamment être générés par le
couplage optomécanique.

En pratique, nous avons travaillé avec un résonateur plan-convexe en silice pos-
sédant une certaine dissipation mécanique ; il est donc couplé à un bain thermique
qui impose des fluctuations. Celles-ci sont bien supérieures au bruit de pression de
radiation quantique à température ambiante. Le bruit que nous souhaitions mettre en
évidence est donc noyé dans ce bruit classique. Nous avons mis en place une mesure
pompe–sonde pour pallier à ce problème. Un faisceau pompe intense, met en mouve-
ment le résonateur par son bruit de pression de radiation. Les fluctuations de position
induites du miroir sont alors lues par un faisceau sonde, bien moins intense. Nous réa-
lisons ainsi une expérience proche d’une mesure quantique non-destructive du bruit
d’amplitude de la pompe par la sonde. Cependant, l’utilisation de la cavité impose une
contrainte sur la condition d’accord du faisceau pompe.

Si le faisceau pompe n’est pas parfaitement résonnant avec la cavité, sa quadrature
d’amplitude en sortie de cavité porte également l’information de déplacement du mi-
roir. La quadrature de phase du faisceau sonde porte la même information. Ces deux
quadratures sont donc corrélées par ce processus. L’effet de cette contamination est
évidement d’autant plus fort que le bruit thermique est important. Nous proposons
donc de refroidir le résonateur via la pression de radiation ou d’effectuer l’expérience
dans une plage fréquentielle loin de la résonance mécanique. En travaillant hors de
résonance, nous profitons de la réduction du bruit thermique, de l’amélioration de la
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réponse du miroir à la pression de radiation — nous tirons ainsi parti avantageusement
du caractère multimodal de la réponse mécanique du résonateur — mais aussi de la
diminution du temps de mesure.

Les corrélations optomécaniques étant très faibles, le temps de mesure est impor-
tant, de l’ordre de plusieurs heures. Nous avons amélioré la stabilité de l’expérience à
cette échelle en mettant en place un système d’asservissement très basse fréquence de
la source laser.

Même en travaillant hors de la résonance mécanique, la contamination du bruit
thermique reste la principale difficulté expérimentale. Nous avons donc mis en œuvre
un asservissement tirant parti de la contamination pour améliorer l’asservissement
moyen à la cavité. Il a ainsi pu être possible de mesurer des corrélation entre le faisceau
pompe et le faisceau sonde aussi basses que 2%, gagnant ainsi deux ordres de grandeur
sur la contamination en termes de puissance de bruit.

Cette limite n’était pas due aux corrélations optomécaniques, qui ont une valeur
attendue de l’ordre de 0,1%, mais plutôt aux corrélations classiques entre les faisceaux
pompe et sonde. Nous avons montré que ces corrélations étaient le fruit du bruit ajouté
par le montage optique aux faisceaux. Nous avons grandement réduit ce bruit. Ceci
définit un nouveaux seuil-limite des corrélations optomécaniques observables.

Nous avons poursuivi les améliorations futures de l’expérience en développant un
nouveau type de résonateur, qui est essentiellement une version miniaturisée du réso-
nateur historiquement employé, et en étudiant l’implémentation d’un résonateur déjà
utilisé dans le groupe. Ces deux résonateurs sont en quartz et sont donc aptes à opérer
dans un environnement cryogénique. La compréhension des limites à nos mesures de
corrélation et l’amélioration conjointe du résonateur doivent permettre l’observation
prochaine des corrélations optomécaniques.
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