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Abstract

Contrary to the classical case, transport of a quantum particle in a disordered medium is
strongly affected by interference effects. For example, in dimension 1, classical diffusion is
initially reduced by weak localization effects and, at long times, lead to the so called Ander-
son localization phenomenon. In this thesis, we use the Kicked Rotor, paradigm of quantum
chaos, to study new physical aspects of disordered systems.

We thus present the first experimental observation with atomic matter waves of a pheno-
menon directly linked to weak localization which is the Enhanced Return to the Origin. We
show that this effect can be used as a tool to measure accurately the decoherence in the system.

We present a novel, outstandingly simple, experimental method to control symmetry pro-
perties of the Kicked Rotor. This allows us to study a disordered system in presence of a
non-trivial artificial Aharonov-Bohm flux in a synthetic dimension. This gives us the op-
portunity to break the time reversal-symmetry and then to study the physics of Anderson
localization in two different symmetry classes : the orthogonal class and the unitary class.

We have investigated the effect of this symmetry breaking on physical properties of 1D disorde-
red systems by looking two signatures of quantum transport. We thus observe experimentally,
for the first time, the Coherent Forward Scattering effect, predicted recently and which repre-
sents a novel genuine signature of Anderson localization. We show its distinctive signatures
and a good agreement with theoretical predictions. Finally, we realize the first experimental
measurements of the β(G) scaling function, characteristic of transport in a disordered me-
dium, in two symmetry classes. furthermore, we demonstrate their universality confirming
thus the one-parameter scaling hypothesis.
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Résumé

Contrairement au cas classique, le transport d’une particule quantique dans un milieu désor-
donné est fortement affecté par des effets d’interférences. Par exemple, en dimension 1, la
diffusion classique est réduite initialement par des effets de localisation faible jusqu’à s’annu-
ler totalement aux temps longs, aboutissant au phénomène de localisation d’Anderson. Dans
cette thèse, nous utilisons le Kicked Rotor, paradigme du chaos quantique, pour étudier cer-
tains aspects nouveaux de la physique des systèmes désordonnés.

Nous effectuons ainsi la première observation expérimentale avec des ondes de matière ato-
miques du phénomène d’augmentation de la probabilité de retour à l’origine, un effet de
localisation faible. Nous montrons également que ce phénomène peut être utilisé comme outil
précis de diagnostic de la décohérence dans le système.

Nous présentons une nouvelle méthode expérimentale, remarquablement simple, pour contrô-
ler les propriétés de symétrie du Kicked Rotor. Cela nous permet de créer un système désor-
donné dans lequel il existe un flux Aharonov-Bohm artificiel non trivial dans une dimension
synthétique. Ce dernier nous offre l’opportunité de briser la symétrie par renversement du
temps et d’étudier la physique de la localisation d’Anderson dans deux classes d’universalité
différentes : la classe orthogonale et la classe unitaire.

Nous avons étudié l’effet de brisure de symétrie sur les propriétés physiques des systèmes
désordonnés 1D en observant deux signatures du transport quantique. Nous mesurons ainsi
pour la première fois expérimentalement, l’effet de diffusion cohérente vers l’avant (Coherent
Forward Scattering, CFS), récemment prédit, qui constitue un nouveau marqueur interféren-
tiel de la localisation d’Anderson. Nous mettons en évidence ses signatures caractéristiques et
nous trouvons qu’elles sont en très bon accord avec les prédictions théoriques. Enfin, nous réa-
lisons les premières mesures expérimentales des fonctions d’échelle β(G), caractéristiques du
transport dans les milieux désordonnés, dans les deux classes de symétrie. Nous démontrons
également leur universalité validant ainsi l’hypothèse de la loi d’échelle à un paramètre.
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Introduction

Transport dans les milieux désordonnés

La propagation d’onde dans des milieux désordonnés est un problème général qui est présent
dans de multiples domaines de la physique. Le son, la lumière, les ondes radios, les particules
quantiques... tous ces objets répondent au qualificatif d’onde et peuvent donc être utilisés
pour étudier ce type de problème.

En physique de la matière condensée, le transport quantique d’un électron à travers un cristal
parfait, représenté par un potentiel périodique, est diffusif. La théorie de Bloch [1] prédit
que les fonctions d’ondes électroniques sont totalement délocalisées dans le système. Cepen-
dant, dans la nature, les cristaux sont généralement imparfaits et possèdent des impuretés.
Ces dernières, placées aléatoirement dans les mailles du cristal, impliquent que le système est
désordonné et ne peut donc plus être décrit par un potentiel périodique. La théorie de Bloch
n’est plus valide dans ce cas.

En 1958, le physicien américain P. W. Anderson (prix Nobel de physique en 1977) a étu-
dié le mouvement d’électron dans ce type de cristal désordonné. Il a montré dans son article
de référence [2] que le désordre a pour effet de réduire la conductance du système jusqu’à la
supprimer totalement. Dans ce cas, les fonctions d’ondes électroniques sont exponentiellement
localisées, ce qui constitue le phénomène désormais connu de la localisation d’Anderson. La
localisation d’Anderson en tant que conséquence du désordre est un ingrédient fondamental
à l’explication du comportement isolant ou conducteur de certains matériaux ainsi que de la
transition de phase métal-isolant 3D. Un isolant est associé à des états localisés tandis qu’un
métal affiche un comportement diffusif associé à des états délocalisés.

Ce résultat ouvrit la voie à l’étude des phénomènes de transport dans les milieux désordonnés.
De nombreuses recherches tant sur le plan numérique que théorique se développèrent durant
les années 1970. L’une des plus importante fut l’établissement de la loi d’échelle à un para-
mètre de la localisation en 1979 [3]. Cette théorie explique l’influence qu’ont la dimensionalité
et la taille du système sur la localisation d’Anderson. De plus, elle prédit l’existence d’une
fonction d’échelle qui décrit comment la conductance du système varie lorsque la taille de
celui-ci est modifiée. Les travaux de Brézin dans les années 1980 [4], montrèrent que cette
fonction d’échelle est également adaptée pour mesurer les déviations qu’apporte le désordre
à la diffusion dans le système. Il apparait que la manière dont le système s’écarte de la dif-
fusion, donc la nature des interférences quantiques, dépend de la présence de la symétrie par
renversement du temps dans le système.

Les atomes froids

La localisation d’Anderson est un phénomène interférentiel donc cohérent. Pour l’observer
expérimentalement, il est impératif de minimiser toutes les sources de décohérence possibles
telles que les collisions entre particules ou le couplage avec l’environnement extérieur. Ces
conditions sont extrêmement difficiles à satisfaire lors d’une expérience de matière condensée
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de par la présence de l’interaction électron-phonon.

Des progrès technologiques réalisés dans les années 1980 ont permis l’émergence d’un nouveau
champ d’étude en physique : les atomes froids. La création du premier gaz d’atomes refroidis
par laser en 1987 [5] puis la réalisation du premier condensat de Bose-Einstein en 1995 [6, 7,
8] illustrent la forte dynamique associée à ce nouveau champ. Bien que les systèmes réalisant
la condensation de Bose-Einstein soient relativement complexes, ils ont l’avantage d’offrir un
contrôle précis des paramètres expérimentaux :

i) il est possible d’annuler les interactions entre atomes, soit en travaillant avec des nuages
très dilués, soit en utilisant une résonance de Feshbach contrôlée par un champ magnétique
[9] ;
ii) les techniques de détection permettent d’avoir accès directement à la fonction d’onde des
atomes ;
iii) l’utilisation de faisceaux laser permet la création de potentiels optiques dont l’amplitude
et la phase sont des paramètres réglables expérimentalement.

Ces différents points expliquent pourquoi les expériences d’atomes froids sont devenues des
plateformes pour l’étude de problèmes fondamentaux de physique de la matière condensée.
C’est dans cet esprit que la localisation d’Anderson 1D fut observée dans l’espace des impul-
sions en 1994 avec une expérience de Kicked Rotor [10, 11] à partir d’un nuage d’atomes froids.
Ces expériences ont également été réalisées à Lille en 2000 [12]. La localisation d’Anderson
1D fut également mise en évidence dans l’espace des positions en utilisant un condensat de
Bose-Einstein en 2008 [13, 14], à l’aide d’un désordre créé par des potentiels lumineux.

Les propriétés des systèmes désordonnés sont affectées par les symétries du système. Les
atomes froids offrent également des opportunités expérimentales permettant de modifier ces
symétries. En 2009, ont eu lieu au NIST les premières réalisations expérimentales [15, 16,
17, 18] de champs de jauge artificiels avec des atomes froids. Ces champs de jauge sont créés
pour des atomes neutres à l’aide de faisceaux laser et de l’interaction matière-rayonnement.
En présence de champ de jauge, les atomes neutres décrivent une physique analogue à celle
de particules chargées en présence de champ magnétique. Ces propriétés ouvrent la voie à de
nouvelles investigations expérimentales initialement réservées à d’autres domaines de la phy-
sique comme les hautes énergies ou la matière condensée. Nous pouvons retenir l’observation
récente en 2013 de l’effet Hall de spin dans un gaz de Bose quantique dégénéré par Beeler
et al. [19].

Objectifs de cette thèse

Suite aux expériences de Kicked Rotor initialement menées en 1994 au Texas, des études très
fines ont eu lieu à Lille au Laboratoire PhLAM depuis le début des années 2000 [20, 21, 22].
Parmi les résultats majeurs on trouve l’observation et la caractérisation de la transition d’An-
derson 3D ainsi que la détermination de son exposant critique en 2008 [23]. Ces observations
ont été suivies par la démonstration du caractère universel (invariance vis-à-vis des détails
microscopiques du système) de la transition de phase dans la classe de symétrie orthogonale en
2012 [24]. L’équipe de Lille a ensuite voulu étudier la physique de la localisation d’Anderson
dans une autre classe d’universalité : la classe de symétrie unitaire. Pour ce faire, il a fallu
modifier le dispositif expérimental.
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En utilisant un modèle de Kicked Rotor périodiquement modulé dans le temps, nous réalisons
un système désordonné permettant de créer des champs de jauge artificiels dans des dimen-
sions synthétiques. Ces champs de jauge ont la propriété de briser la symétrie par renversement
du temps. Nous sommes ainsi capables d’étudier expérimentalement plusieurs signatures et
caractéristiques de la localisation d’Anderson qui font l’objet de cette thèse :

i) l’augmentation de la probabilité de retour à l’origine, correspondant à l’expression du Co-
herent Back-Scattering (CBS) dans l’espace direct désordonné du système ;

ii) la première observation expérimentale du Coherent Forward Scattering (CFS), qui consti-
tue une nouvelle signature, récemment prédite en 2012 [25], de la localisation d’Anderson ;

iii) les propriétés d’échelle du système Anderson 1D dans les classes d’universalité orthogonale
et unitaire.

Contenu du manuscrit

Cette thèse est composée de deux parties. La première regroupe les trois premiers chapitres
et porte sur la présentation du modèle, de l’expérience et d’un premier résultat expérimental.
La seconde regroupe les trois derniers chapitres et constitue la partie la plus importante dans
laquelle champ de jauge artificiel et désordre sont associés.

I) Dans le premier chapitre, nous présenterons les bases théoriques associées au système utilisé
durant cette thèse : Le Kicked Rotor. Nous caractériserons sa dynamique classique chaotique.
Nous montrerons l’équivalence entre le Kicked Rotor et le modèle d’Anderson. Ceci nous per-
mettra de considérer le Kicked Rotor comme un système désordonné de Floquet dans lequel
la localisation d’Anderson se manifeste dans l’espace des impulsions.

II) La chapitre 2 abordera la réalisation expérimentale du modèle du Kicked Rotor avec des
atomes froids. Nous examinerons les différents problèmes expérimentaux ainsi que les amélio-
rations apportées au dispositif expérimental durant cette thèse. Nous expliquerons également
la mise en place du dispositif de modulation arbitraire en phase et en amplitude du Kicked
Rotor.

III) Dans le troisième chapitre nous présenterons les phénomènes de localisation faible, précur-
seurs de la localisation forte (d’Anderson). Nous verrons comment ces derniers sont observables
dans le Kicked Rotor et nous mettrons en évidence la première observation de l’augmenta-
tion de la probabilité de retour à l’origine (ERO) avec des atomes froids. Nous l’utiliserons,
tout comme en physique mésoscopique, comme outil précis de diagnostic de la décohérence
expérimentale. Cette partie a fait l’objet d’une publication dans Physical Review Letters [26].

IV) Le chapitre 4 fera office de chapitre d’introduction théorique à la seconde partie de cette
thèse. Nous verrons en quoi le Kicked Rotor modulé en amplitude ou en phase est équivalent
à un système de type Anderson avec une géométrie particulière. Cette géométrie en forme de
cylindre peut accueillir un flux Aharonov-Bohm non trivial qui brise la symétrie par renver-
sement du temps.
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V) Dans le chapitre 5 nous présenterons la première observation expérimentale du Coherent
Forward Scattering, une nouvelle signature de localisation d’Anderson. Nous mettrons en
évidence deux caractéristiques qui la distinguent des phénomènes de localisation faible : la
résistance à la brisure de symétrie par renversement du temps et la croissance du contraste
dans le temps avec un temps caractéristique qui est le temps de localisation (voir figure 1).

Figure 1: Contraste CFS (CBS) expérimental en points rouges (vert) et forme analytique du
CFS (CBS) en tirets rouges (verts).

VI) Enfin, le chapitre 6 traitera des nouvelles manifestations des effets de symétrie sur les pro-
priétés de transport dans le milieu désordonné. Nous présenterons des mesures expérimentales
des fonctions d’échelle β(G) pour les deux classes de symétries orthogonale et unitaire. Nous
démontrerons expérimentalement l’universalité de ces fonctions en faisant varier les détails
microscopiques du système (voir figure 2).

Figure 2: Fonction β(G) orthogonale (unitaire) expérimentale en points bleus (rouges) et
formes analytiques associées en traits pleins. Loi d’Ohm en tirets noirs
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Chapitre 1

Le Kicked Rotor
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Les concepts énoncés dans l’introduction peuvent être étudiés avec différents modèles. Dans
ce chapitre, nous présenterons celui utilisé dans cette thèse : le "Kicked Rotor" (rotateur
frappé en français ; nous ferons le choix d’utiliser dans la suite de cette thèse la dénomination
anglaise plus répandue). Nous exposerons ses caractéristiques principales (dynamique clas-
sique et quantique) et nous montrerons comment le Kicked Rotor peut être considéré comme
un système désordonné de Floquet dans lequel la localisation d’Anderson se manifeste dans
l’espace des impulsions.

1.1 Le Kicked Rotor classique

1.1.1 Présentation du modèle et Application Standard de Chirikov

Pour décrire le modèle, nous considérons un rotateur constitué d’une masselotte (de masse
M) ponctuelle qui se déplace sur un cercle autour d’un axe vertical. La distance entre la
masselotte et l’axe vertical est donc constante et vaut l. Ainsi, la masselotte peut être re-
pérée par un angle θ vis-à-vis d’une référence arbitraire que nous choisissons être l’axe # »ux
représenté sur la figure 1.1a ( # »ux vecteur unitaire dans la direction x). Cette masselotte est
percutée périodiquement toujours dans le même sens (tous les tn = nT1 avec n entier et T1

la période temporelle) par une impulsion
#       »

Pkick = −Pkick
# »ux où Pkick est une constante. Cette

perturbation périodique change instantanément l’impulsion de la masselotte d’une quantité
proportionnelle à sin θ sans affecter sa position. Cette perturbation est appelée dans la suite
un "kick" et n symbolise le numéro de ce kick.

La figure 1.1a représente la phase de kick du Kicked Rotor. Cette phase lie les états du système
avant kicks à ceux après kicks. Le cercle du bas correspond à l’état du système au temps t−n
avant le kick n. Le cercle du haut correspond à l’état du système au temps t+n après le kick n.
Entre ces deux instants, la masselotte subit un kick symbolisé par la flèche horizontale jaune.
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CHAPITRE 1. LE KICKED ROTOR

La flèche verticale orange constitue l’axe temporel.
La figure 1.1b représente la phase de propagation libre du Kicked Rotor. Celle-ci a lieu entre
deux kicks lorsqu’aucune perturbation n’est appliquée. Le cercle du bas correspond à l’état
du système au temps t+n après le kick n. Le cercle du haut correspond à l’état du système au
temps t−n+1 avant le kick n + 1. Durant cet intervalle de temps, la masselotte est libre de se
mouvoir sur le cercle. Ce mouvement dans le temps est symbolisé par les tirets violets.

(a) Kick (b) Propagation libre

Figure 1.1: Deux évolutions distinctes dans le temps du Kicked Rotor correspondant aux
phases de kick (a) et de propagation libre (b).

Les deux phases représentées précédemment s’alternent successivement et forment l’évolution
temporelle du système. Cette évolution peut être décrite en considérant les relations de ré-
currence liant les variables θn et Pn que nous allons établir. Considérons l’intervalle de temps
[nT1, (n+ 1)T1[. Les 2 phases présentées ci-dessus se produisent durant cet intervalle :

� Phase kick : en t = nT1, il y a application instantanée du kick n. Durant ce kick, la
masselotte n’a pas le temps de bouger, ce qui implique que son angle n’est pas modifiée :
θn− = θn+. Ce nième kick entraine donc uniquement une variation instantanée d’impulsion
∆P = Pkick sin θn nous permettant ainsi de relier Pn+1 à Pn par :

Pn+1 = Pn + Pkick sin θn. (1.1)

� Phase propagation libre : le mouvement est libre en l’absence de kick. Celui-ci se réalise
pendant une durée T1 qui sépare les deux instants t+n et t−n+1. Durant cette phase il y conser-
vation de l’énergie, l’impulsion (ou la vitesse angulaire) 1 de la masselotte est constante. Nous
relions θn+1 et θn par :

θn+1 = θn + θ̇T = θn +
Pn+1T1

Ml
. (1.2)

Nous faisons un résumé des différents évènements apparaissant dans le Kicked Rotor dans le
tableau suivant :

Évènement Temps Angle Impulsion
Avant Kick n t−n θn Pn
Après Kick n t+n θn Pn+1

Avant Kick n+ 1 t−n+1 θn+1 Pn+1

1. l’impulsion et la vitesse angulaire sont reliées dans notre problème par P = Mlθ̇
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En assemblant les relations (1.1) et (1.2) précédentes nous obtenons :




Pn+1 = Pn + Pkick sin θn,

θn+1 = θn +
Pn+1T

Ml
.

(1.3)

En définissant pn := PnT1/Ml et K := T1Pkick/Ml, nous écrivons 2 :
{

pn+1 = pn +K sin θn,

θn+1 = θn + pn+1.
(1.4)

Ce système d’équations est communément appelé Application Standard de Chirikov [27]. Cette
application a suscité un vif intérêt pour l’étude du chaos hamiltonien dans les années 80 [28].

1.1.2 Dynamiques régulière et irrégulière

L’Application Standard est périodique de période 2π en θ. De plus, selon les équations (1.4),
pn+1 et pn+1 + 2π vont toutes deux renvoyer la même valeur de θn+1 car celle-ci est définie
modulo 2π. Nous pouvons donc replier l’espace p sur [0,2π[. L’étude de l’espace des phases
du système se réduit donc à une cellule p, θ ∈ [0,2π[2. Lorsque K = 0, l’énergie cinétique
du système, définie comme Ekin := p2/2, constitue une constante du mouvement. Le système
possède une constante du mouvement et un degré de liberté, il entre donc par définition dans
la classe des systèmes intégrables. Lorsque K 6= 0, la conservation de l’énergie cinétique est
brisée et le système entre dans la classe des systèmes non intégrables.

Un système non intégrable peut présenter un comportement chaotique et devenir ergodique
au sens où son espace des phases est peuplé de manière dense avec la même densité de point
partout. Cependant, le passage d’un système intégrable à un système ergodique ne se fait
pas forcement brutalement lorsqu’on augmente progressivement l’intensité de la perturbation
qui détruit l’intégrabilité du système (par exemple dans le cas du Kicked Rotor lorsqu’on
augmente la valeur de K à partir de 0). Comme l’explique le théorème KAM (Kolmogorov
Arnold Moser) [29], lorsque la perturbation est suffisamment faible, des trajectoires quasi-
périodiques existent dans des régions finies de l’espace des phases. Ce dernier n’est pas peuplé
de manière uniformément dense. Le système n’est donc pas ergodique dans ce cas. Pour s’as-
surer de l’ergodicité du système, il est important que la perturbation soit suffisamment im-
portante. Nous allons illustrer ces différents points généraux en examinant l’espace des phases
du Kicked Rotor pour différentes valeurs de K. Nous générerons ces espaces des phases nu-
mériquement par utilisation des équations de l’Application Standard (1.4).

La figure 1.2a illustre le cas K = 0 lorsque le système est intégrable. Celui-ci évolue sur
des trajectoires p = constante impliquant la conservation de l’énergie. Lorsque K = 0.3,
nous voyons sur la figure 1.2b que la perturbation a pour effet d’incurver légèrement les
trajectoires pour former des courbes ondulantes continues qui traversent entièrement l’espace
des phases. De plus, nous constatons l’apparition d’orbites quasi-périodiques autour du point
fixe de l’Application Standard (p; θ) = (0;π). PourK = 1, la figure 1.2c montre que les courbes
ondulantes, continues dans le cas K = 0.3, sont toutes brisées. Il ne reste que les orbites quasi-
périodiques. Nous constatons également l’existence de zones de points denses sans structure,
ce sont des zones chaotiques. Bien que le système ne soit pas intégrable et possède des zones

2. Remarquons que le paramètre K dépend de l’amplitude de la perturbation Pkick et du temps "d’attente"
entre deux kicks T1.
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(a) K = 0 (b) K = 0.3

(c) K = 1 (d) K = 10

Figure 1.2: Espaces des phases du Kicked Rotor pour différentes valeurs deK obtenus par simulation
numérique de l’Application Standard. À chaque couleur correspond une trajectoire associée à un lot
de conditions initiales p0, θ0 pris dans [0,2π[2.

chaotiques, nous voyons que l’espace des phases n’est pas peuplé uniformément. Le système
n’est donc pas ergodique. Cela illustre le théorème KAM précédemment expliqué. Enfin pour
K = 10, nous voyons sur la figure 1.2d que l’espace des phases est peuplé de manière dense
par des trajectoires chaotiques, aucun ilot quasi-périodique ne survit, le système est dans ce
cas considéré comme ergodique.

1.1.3 Comportement diffusif

Le Kicked rotor présente une dynamique totalement chaotique pour une valeur de K suffi-
samment élevée. Dans ce régime, deux conditions initiales très proches s’éloignent exponen-
tiellement l’une de l’autre : c’est le phénomène de sensibilité aux conditions initiales. Nous
l’observons sur la figure 1.3 qui représente l’évolution de l’énergie cinétique du système pour
deux conditions initiales différentes. Cette figure illustre le fait qu’à partir du chaos déter-
ministe, il est possible de produire des processus stochastiques. Une condition initiale définie
à une incertitude près (typiquement 10−16 ici) présente différents avenirs. Dans le régime
totalement chaotique (ergodique), le Kicked Rotor est assimilé à un modèle de marche aléa-
toire dans l’espace des impulsions. Cela conduit à une augmentation linéaire dans le temps
de l’énergie cinétique moyenne du système.

Afin de montrer ce comportement diffusif, nous allons calculer le coefficient de diffusion du
système. De l’équation (1.4) nous exprimons l’impulsion de la masselote pn après avoir subi
(n− 1) kicks :
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Figure 1.3: Simulation numérique représentant l’évolution de p2 en fonction du nombre de
kicks appliqués pour K = 100. La courbe bleue est associée au couple de conditions initiales
(p10 = 1; θ10 = 3.124215) et la courbe rouge au couple (p20 = 1 + 10−16; θ20 = 3.124215).

pn = K
n−1∑

i=0

sin θi + p0. (1.5)

Nous considérons ici une dynamique allant à un grand nombre de kicks, pn est bien supérieur
à p0 initialement choisi entre 0 et 2π. Nous négligeons p0 devant la somme. Nous exprimons
p2
n :

p2
n = K2

n−1,n−1∑

i=0
j=0

sin θi sin θj . (1.6)

En développant cette expression, nous obtenons deux termes. Nous prenons la valeur moyenne
pour obtenir :

〈p2
n〉 = 〈K2

n−1∑

l=0

sin2 θl +K2
n−1,n−1∑

i=0
j=0
i 6=j

sin θi sin θj〉. (1.7)

Il reste à calculer la moyenne de ce terme sur les différentes valeurs de θa possibles à chaque
temps a (a pouvant être i, j ou l). Du fait de l’ergodicité du système, nous considérons que
les valeurs de θa se distribuent de manière uniforme sur l’intervalle [0 2π[ ∀a. De plus, en
considérant les variables aléatoires θi et θj indépendantes, nous pouvons séparer les intégrales
portant sur θi et θj du deuxième terme de l’équation (1.7). Le calcul de ce deuxième terme
donne 0 pour chaque temps 3. Celui sur le premier terme donne pour chaque temps K2/2.

3. Dans l’annexe D nous considérerons le cas où les variables ne sont pas indépendantes et nous regarderons
l’effet des corrélations produites par ce deuxième terme.
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Nous obtenons donc :

〈p2
n〉 ' n

K2

2
. (1.8)

En considérant que Ekin(n) = 〈p2
n〉/2, nous définissons le coefficient de diffusion de manière

standard : D := Ekin(n)/n d’où :

D =
K2

4
. (1.9)

Figure 1.4: Simulation numérique représentant l’évolution de l’énergie cinétique en fonction
du nombre de kicks appliqués pour K = 10000. Le moyennage est réalisé sur 10000 conditions
initiales uniformément prises sur l’intervalle [0, 2π[2 (p0 ∈ [0, 2π[ θ0 ∈ [0, 2π[).

La figure 1.4 montre une simulation numérique de l’évolution de l’énergie cinétique moyenne
du système dans le temps. Nous constatons que cette évolution est linéaire, ce qui est carac-
téristique d’un comportement diffusif.
Un deuxième indicateur de ce comportement est le fait que la densité de probabilité de pré-
sence dans l’espace des impulsions suive une loi gaussienne dont la largeur croît avec

√
n.

La figure (1.5) reconstitue cette densité de probabilité à partir de la simulation numérique.
Nous observons qu’une forme gaussienne (courbe rouge) décrit parfaitement la distribution
en impulsion représentée par la courbe noire. L’inset de cette figure montre l’écart type σ
en fonction du temps en échelle log-log. Nous constatons une augmentation linéaire de pente
1/2, ce qui correspond à la prédiction pour un comportement gaussien.

Dans cette partie, nous avons caractérisé le comportement classique du Kicked Rotor par le
biais de l’espace des phases. Sa dynamique devient ergodique pour des valeurs de K > 5. Nous
conservons cette information précieusement car elle nous renseigne sur la condition nécessaire
portant sur K pour que le système soit en régime totalement chaotique. Nous retiendrons les
deux points suivant :

— L’énergie cinétique moyenne du système augmente linéairement dans le temps.
— La densité de probabilité dans l’espace des impulsions suit une loi gaussienne.
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1.1. LE KICKED ROTOR CLASSIQUE

Figure 1.5: Densité de probabilité dans l’espace des impulsions pour K = 10 à 1000 kicks
moyennée sur 300 000 conditions initiales. En noir le résultat de la simulation numérique, en
rouge le fit par une fonction gaussienne. Inset : écart type en fonction du nombre de kicks en
échelle log-log.

1.1.4 Hamiltonien du Kicked Rotor et modèle déplié

Dans la partie précédente, nous avons décrit le système du Kicked Rotor par une relation
de récurrence, l’Application Standard. Nous pouvons également décrire ce système par son
hamiltonien. Une masselotte tournant autour d’un point fixe, périodiquement soumise à un
potentiel dépendant de sa position angulaire durant une durée τ , est décrite par :

H2(θ, P, t′) =
P 2

2M
+ V0τ cos (θ)

N−1∑

n=0

δ̃τ
(
t′ − nT1

)
, (1.10)

où δ̃τ (t) = 1/τ si |t| < τ/2 et zéro sinon. Cette fonction converge vers la distribution de Dirac
lorsque τ −→ 0. P est l’impulsion, M la masse de la masselotte, θ l’angle avec la position
de référence, T1 la période temporelle de forçage, τ la durée du forçage et V0 l’amplitude
du potentiel appliqué. Nous pouvons écrire différemment cet hamiltonien en considérant un
modèle dit "déplié" qui correspond à ce qui est réalisé expérimentalement. Nous considérons
une particule de masse M pouvant se déplacer librement suivant un axe X. Cette particule
est soumise durant un temps τ à un potentiel sinusoïdal d’amplitude V0, de période Λ, pulsé
à une période T1. Cette description nous permet d’écrire :

H1(X,P, t′) =
P 2

2M
+ V0τ cos

(
2πX

Λ

)N−1∑

n=0

δ̃τ
(
t′ − nT1

)
. (1.11)

Ce changement de point de vue n’implique évidemment pas de modification physique, ces
deux modèles sont équivalents vis-à-vis des points discutés plus haut. L’avantage réside dans
la réalisation expérimentale possible de l’hamiltonien (1.11).
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1.2 Le Kicked Rotor quantique

L’étude quantique de systèmes dont les analogues classiques sont chaotiques s’est beaucoup
développée durant les années 80 et a conduit à la thématique du chaos quantique. Des études
utilisant notamment les matrices aléatoires [30] et la théorie de la Super-symétrie ont mon-
tré dans certain cas l’équivalence entre un problème de chaos quantique et un problème de
désordre. L’étude des problèmes de désordre devient donc accessible à partir d’un système de
type chaos quantique.

Depuis 25 ans, la physique des atomes froids a développé de nombreux outils permettant la
préparation et le contrôle d’états quantiques de manière très précise. Les atomes amenés à
des températures de l’ordre du µK sont de très bon candidats pour être considérés comme des
particules quantiques sans interaction (lorsque le milieu est suffisamment dilué). Les avancées
techniques permettent également à partir de faisceaux lasers contra-propageants la réalisa-
tion d’un potentiel sinusoïdal. Il devient donc concevable de réaliser expérimentalement des
systèmes de chaos quantique tels que le Kicked Rotor [31].

La partie qui suit porte sur l’étude quantique du Kicked Rotor, nous poserons le formalisme
de cette thèse et nous déterminerons la dynamique quantique associé à ce système.

1.2.1 Quantification du Kicked Rotor et unités normalisées

Dans la partie 1.1.4 le Kicked Rotor classique est décrit par un hamiltonien dans le modèle
déplié. Reprenons cet hamiltonien du point de vue de la physique quantique (P et X sont
désormais des opérateurs X −→ X̂ et P −→ P̂ ) :

Ĥ1(X̂, P̂ , t′) =
P̂ 2

2M
+ V0τ cos

(
2πX̂

Λ

)
N−1∑

n=0

δ̃τ
(
t′ − nT1

)
, (1.12)

avec :
[
X̂, P̂

]
= i~. (1.13)

où ~ est la constante de Planck réduite et i défini comme i2 = −1. Écrivons cet hamiltonien
avec les unités normalisées suivantes :

t :=
t′

T1
x̂ :=

2πX̂

Λ
p̂ :=

2πT1P̂

MΛ
(1.14)

Dans la suite de cette thèse, les lettres majusculesX et P ainsi que t′ désigneront des quantités
dimensionnées tandis que les lettres minuscules x et p ainsi que t désigneront des quantités
adimensionnées. En prenant Ĥ(x̂, p̂, t) := 4π2T 2

1 Ĥ1(X̂, P̂ , t)/MΛ2 nous obtenons :

Ĥ(x̂, p̂, t) =
p̂2

2
+KT1 cos(x̂)

N−1∑

n=0

δ̃τ (T1(t− n)) , (1.15)

avec :

K =
4π2T1V0τ

MΛ2 . (1.16)

K est appelé paramètre de stochasticité. En définissant δε(t) = 1/ε si |t| < ε/2, nous pouvons
écrire en prenant ε = τ/T1 :
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1.2. LE KICKED ROTOR QUANTIQUE

Ĥ(x̂, p̂, t) =
p̂2

2
+K cos(x̂)

N−1∑

n=0

δε (t− n)) , (1.17)

De plus, en considérant la limite des pulses de potentiel très courts (τ −→ 0 d’où ε −→ 0) ,
nous aboutissons à :

Ĥ(x̂, p̂, t) =
p̂2

2
+K cos(x̂)

N−1∑

n=0

δ (t− n) , (1.18)

avec δ(t) la fonction delta de Dirac. Le commutateur du système devient :

[x̂, p̂] =

[
2πX̂

Λ
,
2πT1P̂

MΛ

]
=

4π2T1

MΛ2

[
X̂, P̂

]
=

4π2T1

MΛ2
i~. (1.19)

En définissant k̄ comme :

k̄ :=
4~π2T1

MΛ2
, (1.20)

nous obtenons : [x̂, p̂] = ik̄.
Du point de vue quantique, le système est décrit par un état |Ψ〉 obéissant à l’équation de
Schrödinger :

i~
d
∣∣∣Ψ(t

′
)
〉

dt′
= Ĥ1

∣∣∣Ψ(t
′
)
〉
, (1.21)

en se plaçant dans le cadre des unités normalisées, nous aboutissons à :

ik̄
d |Ψ(t)〉

dt
= Ĥ |Ψ(t)〉 . (1.22)

Nous constatons que k̄ joue le rôle de constante de Planck effective du problème. Une propriété
importante du Kicked Rotor est qu’en faisant varier la période des kicks T1, nous sommes
capables de modifier la valeur de la constante de Planck effective.

1.2.2 Opérateur d’évolution du Kicked Rotor

Le système étudié se résume à une suite de kicks et de propagations libres ne se produisant
jamais en même temps grâce à l’instantanéité du kick. Nous allons dans la suite établir l’opé-
rateur d’évolution du système sur une période.

Nous définissons un opérateur d’évolution faisant évoluer un état d’un instant t0 à un instant
t1 par :

Û(t1, t0) = τ̂ exp

{−i

k̄

∫ t1

t0

Ĥ(t)dt
}
, (1.23)

avec τ̂ l’opérateur d’ordination temporelle. Dans un souci de cohérence avec la description
classique présentée en section 1.1.1, nous considérons qu’une période englobe l’intervalle de
temps entre t0 = t−n et t1 = t−n+1. Nous rappelons qu’en tn se produit un kick qui modifie de
manière instantanée l’impulsion de la particule et qu’entre t+n et t−n+1 se produit la propaga-
tion libre. Dans nos unités réduites, le temps est compté en unité de période des kicks T1.
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CHAPITRE 1. LE KICKED ROTOR

Nous considérons un intervalle de temps infiniment petit ε pour réaliser la décomposition en
deux parties distinctes de l’opérateur d’évolution :

Û (t1, t0) = Û
(
t−n+1, t

−
n

)
= Û (n+ 1− ε, n− ε) = Û(n+ 1− ε, n+ ε)Û (n+ ε, n− ε) . (1.24)

Le premier terme de l’équation (1.24) correspond à :

Û (n+ 1− ε, n+ ε) = exp

{
− i

k̄

∫ n+1−ε

n+ε

(
p̂2

2
+K cos(x̂)

N−1∑

n=0

δ (t− n)

)
dt

}
, (1.25)

Durant cet intervalle de temps, il ne se produit pas de kick. Le système réalise une propagation
libre ce qui donne :

Û (n+ 1− ε, n+ ε) = exp

{
− i

k̄

p̂2(1− 2ε)

2

}
. (1.26)

Le second terme de l’équation (1.24) correspond au kick :

Û
(
n− + ε, n−

)
= exp

{
− i

k̄

∫ n+ε

n−ε

(
p̂2

2
+K cos(x̂)

N−1∑

n=0

δ (t− n)

)
dt

}
, (1.27)

en considérant l’instantanéité de celui-ci il vient :

Û
(
n− + ε, n−

)
= exp

{
− i

k̄

(
2p̂2ε

2
+K cos(x̂)

)}
. (1.28)

En remplaçant (1.28) et (1.26) dans (1.24) et en faisant tendre ε à 0 nous obtenons finalement :

Û (t1, t0) = exp

{
−i
p̂2

2k̄

}
exp

{
−i
K

k̄
cos(x̂)

}
. (1.29)

L’opérateur d’évolution sur une période (que nous choisissons de noter Û(1)) est le produit
de deux opérateurs Ûprop et Ûkick donnés par :

Û(1) = ÛpropÛkick, (1.30)

avec Ûprop qui décrit la propagation libre sur une période :

Ûprop := exp

(
−i
p̂2

2k̄

)
, (1.31)

et Ûkick :

Ûkick := exp

(
−i
K cos x̂

k̄

)
. (1.32)

Nous réalisons l’évolution du système décrit par l’état |Ψ(n)〉 à t = n vers l’état |Ψ(n+ 1)〉 à
t = n+ 1 par :

|Ψ(n+ 1)〉 = Û(1) |Ψ(n)〉 , (1.33)

d’où par récurrence :

|Ψ(n)〉 = Û(1)n |Ψ(0)〉 . (1.34)
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1.2. LE KICKED ROTOR QUANTIQUE

1.2.3 Théorème de Bloch, théorème de Floquet

Les symétries par translation dans l’espace et dans le temps nous permettent d’appliquer
directement les théorèmes de Bloch et de Floquet à notre système. Un rappel de l’application
du théorème de Bloch avec les unités réduites du Kicked Rotor est présent en annexe A.

Effet des opérateurs dans la base en impulsion

À partir de l’annexe A, nous définissons la base des impulsions pour le Kicked Rotor par un
ket |m,β〉, avec m ∈ Z et β la quasi-impulsion comprise entre 0 et 1. Dans le cadre des unités
normalisées, l’action de l’opérateur impulsion p̂ sur |m,β〉 donne :

p̂ |m,β〉 = k̄(m+ β) |m,β〉 . (1.35)

Les états d’impulsions du Kicked Rotor sont espacés d’un nombre entier de k̄. L’action de
l’opérateur de propagation libre sur un état |m,β〉 est :

Ûprop |m,β〉 = exp

(
−i
p̂2

2k̄

)
|m,β〉 = exp

(
−i
k̄(β +m)2

2

)
|m,β〉 . (1.36)

L’application de l’opérateur de propagation libre ne modifie pas l’état d’impulsion, il est
diagonal dans cette base. Ce n’est pas le cas de l’opérateur de kick. Ce dernier peut être écrit
sous la forme suivante :

Ûkick = exp

(
−i
K

k̄
cos(x̂)

)
= exp

(
K

2k̄
e−iπ/2(e−ix̂ + eix̂)

)
= exp

(
K

2k̄
(e−iπ/2e−ix̂ − eiπ/2eix̂)

)
,

(1.37)
d’où :

Ûkick = exp

(
K

2k̄
(e−iπ/2e−ix̂ − eiπ/2eix̂)

)
. (1.38)

En utilisant les fonctions de Bessel définies par :

exp

[
(b− 1

b
)
c

2

]
=

+∞∑

s=−∞
Js(c)b

s, (1.39)

avec s un entier relatif, nous obtenons en prenant c =
K

k̄
et b̂ = e−iπ/2e−ix̂ :

Ûkick =
+∞∑

s=−∞
Js

(
K

k̄

)
e−isπ/2e−isx̂ . (1.40)

L’application de Ûkick sur |m,β〉 donne :

Ûkick |m,β〉 =

+∞∑

s=−∞
Js

(
K

k̄

)
e−isπ/2e−isx̂ |m,β〉 =

+∞∑

s=−∞
Js

(
K

k̄

)
e−isπ/2 |m+ s, β〉 . (1.41)

L’opérateur Ûkick couple les états d’impulsion espacés d’un nombre entier de k̄ en laissant
β inchangée. β constitue une constante du mouvement. Lors de l’évolution temporelle du
système (application des kicks) β reste fixe. Lorsque que l’état initial du système est défini
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CHAPITRE 1. LE KICKED ROTOR

avec un β bien particulier nous pouvons dire que cette quasi-impulsion joue le rôle de condition
initiale du système. Nous pouvons également noter que la décroissance rapide des Js (K/k̄)
lorsque s est grand devant K/k̄ [32] implique que le Kicked Rotor possède un couplage entre
états d’impulsion à courte portée.

Théorème de Floquet

L’hamiltonien (1.18) possède une symétrie par translation dans le temps de période T = 1,
(dans le cadre des unités normalisées : Ĥ(x̂, p̂, t) = Ĥ(x̂, p̂, t + 1)). Le théorème de Floquet
nous indique que l’opérateur d’évolution sur une période Û(1) admet comme états propres les
états de Floquet |Φ−ω 〉 avec pour valeurs propres e−iω. Ces états respectent :

Û(1)
∣∣Φ−ω

〉
:= e−iω

∣∣Φ−ω
〉
, (1.42)

où ω la quasi-énergie associée à l’état de Floquet |Φ−ω 〉. Il a été montré dans [33] que ces états
propres sont exponentiellement localisés dans la base des impulsions. La figure 1.6 illustre ce
caractère localisé en représentant la densité d’un état de Floquet dans la base des impulsions
|Φ−ω (m)|2 = | 〈m |Φ−ω 〉 |2 en échelle semi-log.

Figure 1.6: Densité d’impulsion d’un état de Floquet du Kicked Rotor atomique correspon-
dant aux paramètres K = 15 k̄ = 2.85. L’échelle semi-log permet de mettre en évidence le
caractère exponentiellement localisé de l’état de Floquet.

1.2.4 Équivalence entre le modèle du Kicked Rotor et le modèle de liaisons
fortes avec désordre

Afin d’expliquer qualitativement la localisation d’Anderson à partir de la localisation des
états de Floquet, nous allons montrer le lien existant entre le Kicked Rotor et le modèle
des liaisons fortes avec désordre (modèle d’Anderson). Nous discutons dans l’annexe B la
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possibilité d’écrire l’équation aux valeurs propres pour les états de Floquet modifiés 4 sous la
forme :

εmΦω,m +
∑

r 6=0

WrΦω,m−r = −W0Φω,m (1.43)

Cette équation a la forme d’une équation d’un modèle de liaisons fortes. Φω,m représente la
projection d’un état de Floquet associé à la quasi-énergie ω dans la base des impulsions, plus
précisément sur le site en impulsion labellisé par m associé à l’impulsion p = k̄m.

Les Wr sont les composantes de Fourier de la fonction périodique W (x) := tan (K cosx/2k̄).
Ils représentent les termes de couplage (de saut) entre les différents sites en impulsion r
(r ∈ Z). Ils décroissent exponentiellement avec r.

Le terme εm = tan
{(
ω/2− k̄m2/4

)}
représente l’énergie sur site associée au site m. Il a été

montré dans [34, 35] que cette distribution des énergies sur site était quasi-aléatoire et que les
corrélations étaient à courte portée. Le mot quasi-aléatoire est employé car le pseudo-désordre
associé au Kicked Rotor est distribué suivant une lorentzienne :

P (εm) =
1

π(1 + ε2m)
. (1.44)

Le caractère pseudo-aléatoire du désordre avec corrélations à courte portée et la décroissance
exponentielle des termes de couplages entre sites sont des conditions suffisantes pour que le
Kicked Rotor soit analogue à un système de type Anderson.

Figure 1.7: Distributions des énergies sur site εm pour ω = 2.5. Les points rouges et bleus
sont respectivement associés à des valeurs de β de 0 et 0.5.

Nous pouvons voir l’effet des différents paramètres du Kicked Rotor sur le désordre en regar-
dant εm (nous prenons en compte la possibilité d’avoir une quasi-impulsion β non nulle). Les

4. Voir annexe B pour plus de détails
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énergies sur site sont :

εm = tan

{
1

2

(
ω − k̄(β +m)2

2

)}
. (1.45)

Chaque valeur de β et de ω donnera naissance à une réalisation du quasi-désordre. Ce point
est illustré par la figure 1.7 où nous observons deux séquences différentes de quasi-désordre
pour deux valeurs différentes de β.

L’équation (1.43) étant équivalente à celle étudiée par Anderson en 1958, il s’en suit que l’état
de Floquet associé à une valeur de ω est localisé exponentiellement sur la base des impulsions
avec une longueur de localisation fixée parW0. Or la valeur deW0 ne change pas lorsque nous
considérons un autre état de Floquet (une autre valeur de ω). Ceci implique que tous les états
de Floquet localisent avec la même longueur de localisation.

1.2.5 Localisation Dynamique

La dynamique quantique du Kicked Rotor est drastiquement différente de celle classique
présentée en section 1.1.3 via les figures 1.5 et 1.4. Une diffusion chaotique est observée pour
les temps courts inférieurs à un temps caractéristique appelé "temps de localisation" tloc. S’en
suit un gel progressif de la dynamique à cause des interférences quantiques convergeant vers
une saturation totale de l’énergie cinétique du système.

Comportement aux temps longs

Pour mettre en évidence cette dynamique aux temps longs, nous exprimons la distribution en
impulsion correspondant à l’état quantique du système après application de N kicks. Nous
utilisons le fait que les états de Floquet sont des états propres de l’opérateur d’évolution.
Commençons par décomposer l’état initial du système |Ψ(0)〉 sur la base des états de Floquet
{Φ−ω } selon :

|Ψ(0)〉 =
∑

i

ci
∣∣Φ−ωi

〉
. (1.46)

En utilisant les équations (1.34) et (1.42), nous déduisons l’état quantique après un temps
t = N :

|Ψ(t)〉 =
∑

i

cie
−iωit

∣∣Φ−ωi
〉
. (1.47)

La représentation en impulsion de cet état est : φ(t,m) = 〈m |Ψ(t)〉 =
∑

i cie
−iωit

〈
m
∣∣Φ−ωi

〉
.

Nous déduisons la densité de probabilité dans l’espace des impulsions :

|φ(t,m)|2 =
∑

i,j

cic
∗
je
−i(ωi−ωj)t

〈
Φ−ωj

∣∣∣m
〉 〈
m
∣∣Φ−ωi

〉
. (1.48)

Les quasi-énergies des états de Floquet ωi sont distribuées sur l’intervalle [0, 2π]. Lorsqu’elles
sont différentes, il existe toujours un temps t = N à partir duquel tous les termes (ωi − ωj)t
deviennent plus grands que π ∀i, j. A partir de ce temps, tous les états d’indices différents
cessent d’interférer constructivement. Aux temps suffisamment longs, seuls les états tels que
i = j contribuent de manière constructive, il reste :

|φ(N,m)|2 =
∑

i

|ci|2
〈
Φ−ωi

∣∣m
〉 〈
m
∣∣Φ−ωi

〉
. (1.49)
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Nous reconnaissons la représentation d’un état Floquet dans la base des impulsions : Φ−ωi(m) =〈
m
∣∣Φ−ωi

〉
ainsi que la densité de probabilité associée : |Φ−ωi(m)|2 =

〈
Φ−ωi

∣∣m
〉 〈
m
∣∣Φ−ωi

〉
. Nous

obtenons finalement :

|φ(N,m)|2 =
∑

i

|ci|2|Φ−ωi(m)|2. (1.50)

Or nous avons vu avec la figure 1.6 que chaque état de Floquet est localisé dans l’espace des
impulsions autour d’un site labellisé par mi sous la forme suivante : |Φ−ωi(m)|2 ∝ exp(−|m−
mi|/ξ) où ξ est la longueur de localisation de l’état de Floquet. De plus, nous avons vu
plus haut (équation (1.43)) que chaque état de Floquet localise avec la même longueur de
localisation ξ (fixée parW0). La distribution en impulsion aux temps longs est donc une somme
d’états localisés en impulsion ayant la même longueur de localisation. Le poids à attribuer à
chacun de ces états localisés en impulsion correspond à l’intégrale de recouvrement entre l’état
initial du système et ces états de Floquet (ce qui correspond aux différents ci =

〈
Φ−ωi

∣∣Ψ0

〉
). Si

l’état initial possède une taille petite devant la longueur de localisation ξ, il va se décomposer
sur un ensemble d’états de Floquet qui au temps long formeront un état de largeur de l’ordre
de ξ dans l’espace des impulsions.

Signatures de la localisation

Après avoir expliqué avec des arguments qualitatifs le phénomène de localisation, nous al-
lons réaliser des simulations numériques en suivant la démarche présentée en annexe C. Nous
allons mettre en évidence les signatures de la localisation. Un point important des simula-
tions numériques est la nécessité de moyenner sur différentes configurations du désordre afin
d’extraire le comportement global du système. Pour ce faire, nous réalisons un moyennage
incohérent de nos résultats sur différentes valeurs de la quasi-impulsion β (les valeurs de β
sont uniformément tirées dans la première zone de Brillouin).

Figure 1.8: Distribution en impulsion Π(p) en échelle semi-log (simulation numérique). Nous
constatons une forme localisée en exponentielle décroissante. Les paramètres sont : K = 28.9,
k̄ = 2.89, 2000 kicks et on réalise une moyenne sur 104 valeurs de la quasi-impulsion β.
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Afin d’avoir une cohérence dans les unités utilisées dans cette thèse nous exprimons les im-
pulsions en unité de p définies comme :

p :=
p

k̄
. (1.51)

La figure 1.8 présente en échelle semi-log, une simulation numérique de la distribution en
impulsion Π(p) = |φ(p)|2, après 2000 kicks, moyennée de façon incohérente sur 104 valeurs
de la quasi-impulsion. Contrairement au cas classique où la distribution revêt une forme
gaussienne, nous observons dans le cas quantique que la fonction d’onde aux temps longs
(t >> tloc) se fige en structure exponentielle décroissante.

Figure 1.9: Évolution de 〈p2〉 dans le temps, nous constatons la présence d’une diffusion
initiale similaire au cas classique. Puis, après un temps caractéristique : tloc, l’énergie cinétique
sature à la valeur : 〈p2〉 = p2

loc. Les paramètres sont K = 28.9, k̄ = 2.89 et on réalise une
moyenne sur 104 valeurs de la quasi-impulsion β.

La figure 1.9 montre l’évolution de la valeur moyenne de p2 du système 〈p2〉 =
∫∞
−∞ p2Π(p)dp

en fonction du nombre de kicks. Cette quantité est proportionnelle à l’énergie cinétique.
Contrairement au cas classique où l’énergie cinétique augmente linéairement dans le temps,
nous observons dans le cas quantique une saturation aux temps longs.

Ces deux effets caractéristiques constituent les signatures du phénomène physique appelé "lo-
calisation dynamique". Cette localisation a exactement la même origine que la localisation
d’Anderson mais a lieu dans l’espace des impulsions d’où le mot "dynamique".

Conclusion : Dans ce chapitre nous avons introduit le modèle classique du Kicked Rotor
et montré son comportement chaotique qui implique un mouvement diffusif du système. Sa
dynamique quantique est totalement différente puisqu’elle révèle le phénomène de localisation
dynamique, caractérisé par une saturation de l’énergie cinétique et un gel de la forme des
fonctions d’onde du système. À partir des états de Floquet du Kicked Rotor, nous avons
indiqué l’analogie stricte et formelle existant entre ce modèle et celui des liaisons fortes avec
désordre qui a permis la prédiction de la localisation d’Anderson. Le Kicked Rotor se révèle
être un système désordonné de Floquet dans lequel la localisation d’Anderson se manifeste
dans l’espace des impulsions.
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Le chapitre précédent a permis d’établir les concepts nécessaires à l’étude des effets de loca-
lisation dans le Kicked Rotor. Nous allons maintenant présenter la réalisation expérimentale
de ce système. Le schéma global est le suivant : des atomes de Césium sont initialement re-
froidis en utilisant une séquence laser appropriée. Une fois à une température de l’ordre du
µK, ceux-ci sont soumis à une onde stationnaire verticale pulsée qui a pour but de réaliser
les kicks. Enfin, les atomes tombent dans l’enceinte à vide et sont détectés par une technique
standard de temps de vol (également connu via l’acronyme TOF signifiant "Time Of Flight").

Nous commencerons par expliquer la préparation du nuage d’atomes froids. Il suivra la pré-
sentation du nouveau dispositif de Kicked Rotor en géométrie verticale. Ce Kicked Rotor étant
formé à partir de deux faisceaux indépendants, nous aborderons la possibilité d’ajouter des
modulations de phase quelconques à notre système. Un avantage de cette géométrie verticale
réside dans la nouvelle méthode de détection implémentée peu avant cette thèse : la technique
de temps de vol. Celle-ci nous permet de reconstituer intégralement la distribution en im-
pulsion en réalisant un seul cycle expérimental. Nous décrivons ensuite l’analyse de données
développée durant cette thèse, s’appuyant sur la théorie auto-consistante de Lobkis et Weaver,
ayant pour but de mesurer avec précision les valeurs de l’énergie cinétique du système. Nous
insisterons sur le sujet de l’inhomogénéité dans le Kicked Rotor, obstacle expérimental qui
nous a fallu résoudre pour avoir un système sous contrôle possédant le bon comportement.
Nous terminerons par la présentation d’un dispositif de refroidissement par réseau optique
mis en place durant cette thèse permettant de réaliser des distributions en impulsion d’une
température de T = 400 nK.
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CHAPITRE 2. DISPOSITIF EXPÉRIMENTAL

2.1 La préparation d’un nuage d’atomes froids de Césium

Les techniques de refroidissement d’atomes par laser sont bien connues désormais et de nom-
breux livres et articles traitent de ce sujet [36, 37, 38, 39]. Nous nous contentons dans cette
partie de rappeler les grands points intervenant dans l’expérience. Pour refroidir les atomes,
nous utilisons la technique standard du piège Magnéto-Optique (PMO ou MOT en anglais
pour Magneto-Optical Trap). À la suite de cette phase MOT, nous réalisons une phase de
refroidissement Sisyphe pour diminuer la température des atomes à la valeur de T = 1.5µK.

Pour réaliser la phase MOT, nous utilisons une vapeur de Césium dans une cellule à très
basse pression (10−8 mbar). Les faisceaux lasers prévus pour le refroidissement sont générés
par une diode esclave injectée par une diode en cavité étendue "faite maison". La phase MOT
consiste à utiliser 3 paires de faisceaux rétro-réfléchis orthogonaux se croisant au centre de
la cellule et désaccordés vers le rouge de δL de la transition D2 du Césium. La combinaison
de la force de pression de radiation ainsi produite et de l’effet Doppler crée une force de fric-
tion qui refroidit les atomes [5]. L’ajout d’un gradient de champ magnétique, via des bobines
en configuration anti-Helmholtz, ainsi qu’un choix judicieux des polarisations des faisceaux
(configuration σ+ − σ−) permettent de rendre dépendante en position la force de pression de
radiation. Celle-ci agit donc également comme une force de rappel, ce qui crée le piégeage
spatial [40].

Pour dissiper l’énergie, les atomes réalisent des cycles d’absorption/émission spontanée entre
les niveaux |6S1/2 ; F = 4〉 → |6P3/2 ; F = 5〉. Cependant, il existe une probabilité non né-
gligeable que les atomes effectuent la transition |6S1/2 ; F = 4〉 → |6P3/2 ; Ff = 4〉 pour
relaxer ensuite vers l’état |6S1/2 ; F = 3〉 . Dans ce cas, les atomes ne sont plus piégés et
sortent du dispositif de refroidissement. Pour contrer cet effet, nous ajoutons un faisceau dit
"repompeur" (également produit par une diode) accordé sur la transition |6S1/2 ; F = 3〉 →
|6P3/2 ; F = 4〉. De cette manière, les atomes sont ré-injectés dans le cycle de refroidissement.

Durant la phase de formation du nuage (environ 1 s), les faisceaux MOT sont à pleine puis-
sance (Pmax = 3.5 mW pour un faisceau gaussien de waist de 4 mm) et désaccordés de −2.6Γ
vis-à-vis de la transition cyclante 1 dans le but d’optimiser le refroidissement Doppler [5, 41].
S’en suit la coupure des champs magnétiques et la réalisation d’une phase Sisyphe [40, 42]
d’une durée de 35 ms. Celle-ci est optimisée expérimentalement dans le but de minimiser la
température finale tout en gardant le maximum d’atomes possible. Durant cette phase, deux
rampes linéaires de fréquence (de −2.6Γ à −10Γ) et de puissance (de 3.5 mW à 0.7 mW)
sont réalisées en même temps. Nous éteignons ensuite complètement les faisceaux de refroi-
dissement et de repompage. Nous minimisons la température finale [43] non pas en éteignant
rapidement les faisceaux mais en les coupant de manière adiabatique : la puissance est dimi-
nuée de 0.7 mW à 0 mW sur une durée de 1.5 ms).

La réalisation de la séquence décrite ci-dessus aboutit à un nuage de 2 mm de diamètre pos-
sédant plusieurs millions d’atomes à une température de T = 1.5µK. Avec cette procédure,
le nombre final d’atomes dans le MOT dépend du temps de chargement de la phase MOT, de
la puissance et de la fréquence des lasers. Suite aux fluctuations expérimentales la taille du
nuage atomique et le nombre d’atomes peuvent varier de façon non négligeable. Nous verrons
dans la partie 2.4 que cela n’est pas souhaitable.

1. Γ représente la largeur naturelle de la raie et vaut Γ/2π = 5.2 MHz
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2.2. RÉALISATION EXPÉRIMENTALE DU KICKED ROTOR

2.2 Réalisation expérimentale du Kicked Rotor

Les précédentes expériences réalisées dans l’équipe utilisaient un dispositif de Kicked Rotor
horizontal produit par un seul laser rétro-réfléchi. L’avantage était que durant les kicks, les
atomes ne bougeaient pas par rapport à l’onde stationnaire (car ceux-ci tombent verticale-
ment). Le désavantage était que le temps d’interaction entre les atomes et le potentiel (donc
le nombre de kicks) était limité par le temps que mettent les atomes à sortir du potentiel,
dû à la gravité (environ 4 ms). Dans le but d’augmenter ce temps d’interaction (et donc le
nombre de kicks applicables), il a été décidé de réaliser un Kicked Rotor en géométrie verti-
cale en utilisant deux faisceaux lasers différents. Une modulation de phase adéquate appliquée
aux deux faisceaux (par le biais de modulateurs acousto-optique) permet à l’onde stationnaire
d’accompagner les atomes durant leur chute, ce qui implique que ceux-ci voient dans leur réfé-
rentiel une onde stationnaire immobile. Le fait d’utiliser deux faisceaux indépendants permet
également d’ajouter des modulations de phase quelconques au système.

2.2.1 Description du système créant l’onde stationnaire pulsée (kicks)

Pour créer le potentiel optique, nous utilisons un laser fortement désaccordé vis-à-vis de la
transition la plus proche de l’atome. Dans ce cas, ce n’est plus la force de pression de radiation
qui est prépondérante mais la force dipolaire. Cette force est conservative, ce qui nous permet
de lui associer un potentiel 2 V. Dans le formalisme de [44], ce potentiel s’écrit :

V (X,Y, Z) =
~Ω2

R(X,Y, Z)

4δL
=

1

8
~Γ

(
I(X,Y, Z)

IS

)(
Γ

δL

)
(2.1)

Avec ΩR la pulsation de Rabi, δL le désaccord du laser par rapport à la transition D2 du
Césium, Γ la largeur naturelle de celle-ci et IS l’intensité de saturation de la transition. Cette
relation est valable si δL est grand devant Γ, dans notre cas δL = 5000Γ. Nous constatons
que la forme spatiale du potentiel dépend directement de I(X,Y, Z), l’intensité de la lumière.
Dans ce manuscrit nous noterons par X, Y et Z les quantités d’espaces dimensionnés.

Pour réaliser le potentiel optique, nous utilisons deux amplificateurs optiques (TA) 3 Eagleyard
injectés par une diode laser (DFB) 4. Un schéma du dispositif est présenté sur la figure 2.1.
Chaque TA génère un faisceau laser d’une puissance de P = 2 W qui est dirigé dans un
Modulateur Acousto-Optique (MAO ou AOM en anglais). Les ondes radio-fréquences (RF)
envoyées aux AOM sont produites par multiplication d’une onde à 60 MHz issue d’un gé-
nérateur de fonction arbitraire AWG (AWG pour Arbitrary Waveform Generator) avec une
onde à 140 MHz. Ceci nous donne une onde à 200 MHz et une onde à 80 MHz. L’utilisation
d’un filtre passe-bande sélectionne la composante à 200 MHz qui est envoyée vers les AOM.
Chaque AOM nous permet, par un réglage d’amplitude de l’onde RF, de choisir l’intensité
du faisceau dans l’ordre diffracté. La 2ème utilité de chaque AOM est de pouvoir appliquer
une modulation de phase temporelle quelconque à chaque faisceau grâce au générateur de
fonction arbitraire. Après passage dans les AOM, les deux faisceaux sont injectés dans deux
fibres optiques indépendantes pour ensuite être envoyés dans la chambre d’expérience. Durant
cette thèse, nous avons changé les TA 1 W en TA 2 W. Le profil spatial du TA 2 W est plus
éloigné d’un mode gaussien que celui du TA 1 W. Finalement, après injection dans une fibre
(donc filtrage), le gain de puissance n’est pas d’un facteur 2 mais plutôt 1.5. La puissance
envoyée sur les atomes est d’environ 400 mW.

2. Le potentiel et la force conservative sont liés par
#»
F = − #»∇V

3. TA : Tapered Amplifiers, il peut être vu comme un milieu à gain.
4. DFB : Distributed FeedBack laser.
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CHAPITRE 2. DISPOSITIF EXPÉRIMENTAL

Figure 2.1: Schéma du dispositif expérimental réalisant l’onde stationnaire pulsée verticale.

2.2.2 Le potentiel sinusoïdal pulsé

Pour écrire le potentiel expérimental, nous considérons que les deux faisceaux issus des deux
fibres se propagent suivant Z dans des sens opposés. Nous les écrivons :

E1,2(X,Y, Z, t′) = A1,2(t′)AG1,2(X,Y ) exp[i(±kLZ + φ1,2(t′))]. (2.2)

Où A1(t′) et A2(t′) sont les amplitudes quelconques modulables dans le temps via les AOM.
Dans le but d’avoir deux faisceaux de même intensités nous réglons les AOM tel que A1(t′) =
A2(t′) = A(t′). AG1 et AG2 sont les modes gaussiens transverses TEM00 des deux faisceaux
sortant des fibres optiques. Nous utilisons le même type de coupleur de fibre (Schafter Kirch-
hoff SK-18), ce qui nous permet de régler AG1(X,Y )=AG2(X,Y )=AG(X,Y ). φ1(t′) et φ2(t′)
sont les modulations de phase quelconques ajustables dans le temps appliquées par les deux
AOM indépendants. kL = 2π/λL est le vecteur d’onde du laser utilisé avec λL sa longueur
d’onde. Les deux faisceaux se recouvrent spatialement pour former une onde stationnaire
d’intensité :

I(X,Y, Z, t′) = 2A2(t′)A2
G(X,Y ){cos(2kLZ + φ1(t′)− φ2(t′)) + 1}. (2.3)

En ne nous intéressant qu’à la partie oscillante suivant Z de (2.3), en posant I0(X,Y, t′) :=
I(t′)IG(X,Y ) avec I(t′) := 2A2(t′) et IG(X,Y ) := A2

G(X,Y ) et en considérant que les fais-
ceaux sont placés de manière à avoir la mélasse en leur centre, nous obtenons que le potentiel
(dans le formalisme de l’équation (2.1)) ressenti par les atomes est :
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2.2. RÉALISATION EXPÉRIMENTALE DU KICKED ROTOR

V (X,Y, Z, t′) =
1

8

(
I0(X,Y, t′)

IS

)(
~Γ2

δL

)
cos(2kLZ + φ1(t′)− φ2(t′)), (2.4)

ce qui donne :

V (X,Y, Z, t′) = V0(X,Y, t′) cos(2kLZ + φ1(t′)− φ2(t′)), (2.5)

avec V0(X,Y, t′) := ~I0(X,Y, t′)Γ2/8ISδL . Nous allons maintenant réaliser des pulses tempo-
rels de période T1 de ce potentiel. Pour ce faire, nous utilisons les AOM en tant qu’obturateurs
rapides. En effet, les temps de montée en puissance sont de 10 ns, ce qui est faible comparé à la
durée des pulses τ = 0.5µs que nous cherchons à réaliser. Ce faible temps de montée comparé
à τ nous permet de considérer les pulses rectangulaires. Nous aboutissons au potentiel de la
forme :

V (X,Y, Z, t′) = τV0(X,Y, t′) cos(2kLZ + φ1(t′)− φ2(t′))
∑

n

δ̃τ
(
t′ − nT1

)
, (2.6)

où δ̃τ (t′) = 1/τ si |t′| < τ/2 et zéro sinon. Cette fonction converge vers la distribution de
Dirac lorsque τ −→ 0. De plus, les atomes bougeant très lentement (du fait de leur faible
vitesse) nous pourrons considérer que ceux-ci ne bougent pas durant l’application d’un pulse
rectangulaire. l’approximation de cette fonction porte par une fonction delta de Dirac est par
conséquent valide.

2.2.3 La compensation de la gravité

Nous avons expliqué ci-dessus comment former une onde stationnaire verticale pulsée ayant
pour but de réaliser les kicks. Cependant, entre ces derniers, les atomes tombent du fait de la
gravité. Ceux-ci voient dans leur référentiel une onde stationnaire accélérée. Dans le référentiel
des atomes, l’hamiltonien ressenti est le suivant :

H(X,Y, Z, t′) =
P 2

2M
+τV0(X,Y, t′) cos(2kLZ+φ1(t′)−φ2(t′)+kLgt′2)

∑

n

δ̃τ
(
t′ − nT1

)
, (2.7)

avec g = 9.81 m.s−2. Ce type d’hamiltonien constitue un Kicked Rotor Accélérateur (un Ki-
cked rotor avec une onde stationnaire qui accélère). Dans ce type de système, le phénomène
de localisation dynamique expliqué au chapitre 1 n’a pas lieu. Pour pouvoir étudier les phéno-
mènes de localisation, il est impératif de s’affranchir du terme kLgt2 présent dans l’équation
(2.7). Pour ce faire, nous utilisons le déphasage temporel φ1(t′)− φ2(t′). Les modulations de
phase expérimentales appliquées sont :

φ1,2(t′) = ±φc(t
′) + a(t)

2
(2.8)

Nous distinguons ici deux contributions. La première φc(t′) va être utilisée afin de compenser
la gravité et la seconde a(t′) sert à réaliser des séquences de modulations de phase choisies.
Pour compenser efficacement la gravité, nous devons avoir :

φc = −kLgt′2. (2.9)

La radio-fréquence de compensation nécessaire est donc

ωc(t
′) =

dφc(t′)
dt

= −2kLgt
′. (2.10)
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Pour compenser l’effet de la gravité, il faut donc appliquer une rampe linéaire de fréquence
dans le temps avec une pente de−2kLg. Nous allons utiliser le générateur de fonction arbitraire
pour appliquer un paramètre de compensation Ac de telle sorte que la rampe de fréquence
ait une pente de −2kLAc. Une méthode simple permettant d’évaluer précisément la valeur
du paramètre de compensation Ac consiste à regarder l’évolution de Ekin du système en
fonction d’un scan de ce paramètre. La valeur de Ac où l’énergie cinétique est minimale (où la
localisation d’Anderson a lieu) constitue la meilleure compensation de gravité possible. Nous
pouvons voir sur la figure 2.2 que le minimum se situe pour Ac = 9.81 m.s−2.

Figure 2.2: Évolution de l’énergie cinétique en fonction du paramètre de compensation
Ac. Nous voyons que la valeur de Ac où l’énergie cinétique est minimum est très proche
de 9.81 m.s−2. Les paramètres expérimentaux sont K = 7, k̄ = 2.89 et Nkick = 100.

Une fois la gravité correctement compensée, l’hamiltonien ressenti par les atomes dans leur
référentiel est :

H(X,Y, Z, t′) =
P 2

2M
+ τV0(X,Y, t′) cos(2kLZ + a(t′))

∑

n

δ̃τ
(
t′ − nT1

)
. (2.11)

Le Kicked Rotor vertical permet d’augmenter le nombre de kicks maximum comparé au dis-
positif horizontal. Il permet également de réaliser des séquences de modulation de phase a(t′)
arbitraires. Ce dernier point est crucial car il nous permet de moyenner efficacement les cor-
rélations entre kicks dans le Kicked Rotor comme nous le verrons au chapitre 6.

2.3 La mesure d’une distribution en impulsion : le temps de vol

La méthode de mesure de vitesse utilisée dans les précédentes expériences était basée sur
des processus Raman [45, 46]. Ceux-ci consistaient en un transfert de population sélectif en
impulsion d’une partie de la distribution en impulsion d’un état hyperfin vers un autre. La
population transférée était ensuite mesurée. Ce processus de mesure destructif permettait
de reconstruire morceau par morceau la distribution en impulsion des atomes. Cependant
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pour chaque mesure de population d’une classe d’impulsion, il était nécessaire de refaire
l’expérience. Cette méthode a deux inconvénients majeurs :

i le temps nécessaire pour acquérir toute une distribution en impulsion était long (100 s)
ii les mesures, se faisant sur différents cycles expérimentaux, étaient sensibles aux fluc-

tuations expérimentales.
Nous avons vu dans la section précédente que le Kicked Rotor expérimental est désormais
réalisé en géométrie verticale. Cette particularité permet, en plus d’augmenter le nombre de
kicks possibles, de changer le mode de détection dans l’optique de mesurer toute la distribution
en impulsion en créant une seule fois le nuage d’atomes. Le mode de détection choisi est celui
du temps de vol.

2.3.1 Principe général et performance

La technique de détection par temps de vol consiste à laisser s’étendre le nuage d’atomes
sur quelques dizaines de centimètres puis de détecter ces derniers au moyen d’une sonde
résonnante très fine (nappe de lumière). Ceci nous donne accès à un signal ρ(t′) qui, normalisé
adéquatement, correspond à la distribution d’atomes détectée en fonction du temps. Dans le
cas d’un nuage ponctuel, en connaissant la position verticale initiale des atomes L0 vis-à-vis
de la nappe de lumière (sonde), nous sommes capables d’associer à chaque temps d’arrivée
dans la sonde t′ une vitesse initiale des atomes avant la chute v :

v =
gt′

2
− L0

t′
. (2.12)

Nous cherchons la distribution de vitesses ρ(v) des atomes avant leur chute. Le lien entre la
distribution de vitesses des atomes et la distribution dans le temps est :

ρ(v)dv = ρ(t)dt′. (2.13)

En différenciant l’équation (2.12) et en l’injectant dans (2.13) nous obtenons :

ρ(v) = ρ(t′)
2t′2

gt′2 + 2L0
. (2.14)

Cette procédure s’appelle usuellement déconvolution [47] du signal ρ(t′) en ρ(v). Il faut noter
que ρ(v) correspond au carré de la fonction d’onde des atomes : ρ(v) = |φ(v)|2. Dans un
souci de cohérence avec le chapitre 1, nous choisissons de travailler avec des distributions en
impulsion en unité adimensionnée. Nous avons ici P = Mv qui représente l’impulsion en unité
dimensionnée (en kg.m.s−1). Le lien entre P et p, défini au chapitre 1, se fait en assemblant
les équations (1.51), (1.14) et (1.20). Nous aboutissons à :

p =
P

2~kL
. (2.15)

Nous voyons que l’impulsion d’adimensionnement correspond à 2 fois l’impulsion de recul :
2~kL. Cela est en réalité assez naturel puisque soumis au potentiel sinusoïdal, les atomes ne
peuvent réaliser que des échanges d’impulsions multiples de 2~kL. Nous exprimons donc la
distribution en impulsion :

Π(p) = 2~kLρ(v)/M. (2.16)

Cette procédure nous permet de mesurer expérimentalement les distributions en impulsion.
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La détection est réalisée par un prélèvement du faisceau MOT (10 mW) qui passe dans un
modulateur de phase. L’effet de ce modulateur de phase est de générer deux bandes latérales
à ± 45 MHz de la fréquence initiale du faisceau avec une efficacité de 2%. L’une des deux
bandes est placée en résonance avec la transition |6S1/2 ; F = 4〉 → |6P3/2 ; F = 5〉. Les
atomes, tombant dans la sonde, absorbent une partie de l’intensité de cette bande. La diffé-
rence d’intensité entre les deux bandes latérales est donc proportionnelle au nombre d’atomes
absorbant des photons. De cette manière, nous extrayons un signal qui, une fois normalisé,
nous donne ρ(t′). Ce processus de mesure par différence entre les deux bandes latérales nous
affranchit de potentielles fluctuations basse fréquence de puissance du laser sonde ainsi que
de différentes sources de bruit (bruit électronique, bruit acoustique, etc...).

Dans le but d’avoir une bonne résolution du temps de vol, nous prenons une valeur L0 de
15 cm. Dans ces conditions, les deux facteurs limitant la résolution sont la taille du nuage
suivant Z : LZ (nuage non ponctuel) et la largeur suivant Z de la sonde lZ . Dans notre cas,
LZ = 1.4 mm et lZ = 0.46 mm.

En réalisant une simulation numérique qui modélise le temps de vol détecté à partir d’une
distribution initiale en impulsion connue, nous quantifions l’erreur induite par les facteurs
limitants présentés plus haut. La conclusion de cette étude numérique est que le dispositif
utilisé ne permet pas de détecter des valeurs de température inférieures à 400 nK. La principale
limitation étant la taille initiale du nuage LZ .

2.3.2 Dissymétrie des distributions en impulsion

Comme nous l’avons vu au chapitre 1 nous cherchons à évaluer 〈p2〉 =
∫
p2Π(p)dp qui est

proportionnelle à l’énergie cinétique. Pour accéder à cette énergie, nous devons donc regar-
der expérimentalement la quantité p2Π(p). Au début de cette thèse et suite au passage en
géométrie verticale, il a été constaté une dissymétrie anormale des distributions en impulsion
mesurées Π(p) (voir courbe rouge sur la figure 2.3(a)). Cette dissymétrie, faible sur les distri-
butions en impulsion, se retrouve d’autant plus sur la quantité que nous cherchons à mesurer
p2Π(p) (voir courbe rouge sur la figure 2.3(b)). Cette dissymétrie est un obstacle majeur à
l’évaluation directe et précise de 〈p2〉.

Figure 2.3: (a) Π(p) expérimental. (b) p2Π(p) expérimental. En rouge (bleu) la situation
avant (après) changement du dispositif de détection. Les paramètres sont k̄ = 1.5, 300 kicks,
K = 5, ε = 0.6 (le paramètre ε est celui utilisé dans les hamiltoniens de Kicked Rotor
Quasi-périodique de type [48]).

Il se trouve que cette dissymétrie trouve son origine dans le choix d’une valeur grande de
la distance de chute L0 (choisie initialement dans le but d’avoir une bonne résolution sur le
temps de vol). Cette grande valeur de L0 nous oblige à réaliser un temps de vol de l’ordre
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de 250 ms pour détecter toute la distribution en impulsion. Or ce long temps de vol induit
de la dissymétrie due à l’expansion transverse (en XY) des atomes. En effet les atomes ayant
passé le plus de temps en vol ont plus de chance de sortir du profil transverse d’absorption
de la sonde à cause de leur vitesse transverse initiale. Ceci fait que le profil ρ(t′) détecté est
mesuré plus faible aux temps longs que ce qu’il devrait être. Pour corriger ce problème, nous
choisissons de repenser le faisceau nappe de la sonde avec deux objectifs principaux :

i Avoir une sonde large : augmenter le waist transverse wY du faisceau sonde ;
ii Avoir une sonde puissante : le faisceau sonde doit être saturant aux endroits où tombent

les atomes.
Pour évaluer le waist transverse wY de la sonde nécessaire, nous considérons vouloir cap-
turer les atomes possédant une vitesses transverse maximale de vmax = 3σT (soit 99% des
atomes). Avec σT l’écart type de la distribution de vitesse transverse issue du MOT. Le nuage
d’atomes est à une température de 2µK, ce qui correspond à σT = 3.2vr avec vr la vitesse
de recul des atomes de Césium (vr = 0.0035 m.s−1). La vitesse maximale des atomes vaut
vmax = 0.0112 m.s−1. La chute des atomes durant au maximum tch = 0.250 s, nous calculons
l’expansion transverse maximum des atomes :

Ymax = vmaxtch = 2.8 mm. (2.17)

Nous devons donc réaliser une sonde saturante sur au moins 2Ymax = 5.6 mm de large (suivant
la direction Y).

A l’aide de prismes anamorphoseurs et d’un télescope cylindrique nous créons un faisceau
nappe sonde de waist transverse wY = 3.3 mm et de waist longitudinal (la direction de la
gravité) wZ = 0.23 mm. L’intensité de saturation de la sonde pour la transition |6S1/2 ; F = 4〉
→ |6P3/2 ; F = 5〉 dans le cas où nous considérons une répartition isotropique des polarisations
vaut Isat = 2.71 mW.cm−2[49]. Nous dérivons la distribution d’intensité de la sonde par :

I(Y,Z) = Imax exp

(−2Z2

w2
Z

+
−2Y 2

w2
Y

)
, (2.18)

La puissance du faisceau sonde dans la bande résonnante étant de 0.25 mW, en utilisant :

P =

∫ +∞

−∞

∫ +∞

−∞
Imax exp

(−2Z2

w2
Z

+
−2Y 2

w2
Y

)
dZdY, (2.19)

nous obtenons que Imax = 2P/πwZwY = 7.8Isat. Ceci nous permet d’aboutir à :

I(Y = Ymax, Z) = 1.8Isat exp(
−2Z2

w2
Z

). (2.20)

Cette équation nous assure que les atomes ayant parcouru la plus grande distance dans la
direction transverse tombent quand même dans un faisceau sonde saturant. Nous utilisons
ce nouveau faisceau afin de comparer les situations avant (courbe rouge) et après (courbe
bleue) changement de dispositif sur la figure (2.3). La dissymétrie (définie comme D := (AG−
AD)/(AG + AD) où AG est l’aire du lobe de gauche et AD l’aire du lobe de droite) vaut
25% pour la courbe rouge et moins de 2% pour la courbe bleue. Nous constatons que le
nouveau dispositif de détection permet de supprimer la dissymétrie. Ceci va nous permettre
d’extraire de manière beaucoup plus fiable et précise une valeur de l’énergie cinétique à partir
des distributions en impulsion.
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CHAPITRE 2. DISPOSITIF EXPÉRIMENTAL

2.3.3 Analyse et traitement de données

Le dispositif expérimental présenté précédemment nous permet de mesurer des distributions
en impulsion. Nous allons dans cette partie voir comment, à partir de ces distributions en
impulsion, évaluer l’énergie cinétique du système 〈p2〉.

Pour évaluer 〈pM〉, le moment d’ordre M d’une variable p à partir de données expérimen-
tales, il vaut mieux réaliser un fit de la quantité pMΠ(p) plutôt que Π(p). Dans notre cas,
nous cherchons à mesurer la quantité 〈p2〉 =

∫∞
−∞ p2Π(p)dp. Nous allons donc évaluer 〈p2〉 en

réalisant un fit de la quantité p2Π(p) par la forme adéquate. Durant la séquence de kicks, la
distribution en impulsion Π(p) évolue d’une forme initiale gaussienne (liée à la diffusion) à
une forme exponentielle, conséquence de la localisation d’Anderson (aux temps longs).

Les figures 2.4 (a) et (b) présentent la quantité expérimentale p2Π(p) en bleue respectivement
dans le régime diffusif et localisé ainsi que des fit par des formes p2Gaussienne en noir et
p2Exponentielle en vert. Sur la figure 2.4 (a), dans le régime diffusif c’est le fit p2Gaussienne
qui fonctionne mieux tandis que sur la figure 2.4 (b) c’est le fit exponentiel p2Exponentielle.

Figure 2.4: p2Π(p) expérimentale en bleue dans le régime diffusif figure (a) et dans le régime
localisé figure (b). En noir un fit par une fonction gaussienne multipliée par p2, en vert avec
une exponentielle multipliée par p2. Les paramètres pour la figure (a) sont k̄ = 2.89, K = 5,
300 kicks, ε = 0.6 et pour la figure (b) k̄ = 2.89, K = 12, 100 kicks.

La théorie auto-consistante de Lobkis et Weaver [50] donne la forme de la distribution Π(p) à
tous les temps (dans les deux régimes localisé et diffusif). La forme de cette distribution est :

ΠLW(p) = A1


exp[ (−A1|p|+A0)2

4A0
]

2
√

2A0
+

1

4
exp[−A1|p|]erfc

[
−
(√

A0

2
−
√
A1|p|

2
√
A0

)]
 . (2.21)

Où A0 et A1 sont deux paramètres de fit. Nous utilisons cette forme de fit pour évaluer
〈p2〉. Nous pouvons voir sur les figures 2.5 (a) et 2.5 (b) en rouge le fit par p2 multiplié par
ΠLW dans les régimes respectivement diffusif et localisé. Dans les deux cas, le fit fonctionne
correctement. Nous concluons que cette forme de fit est plus adapté que les formes gaussienne
ou exponentielle pour évaluer 〈p2〉.
Grâce à cette méthode, nous estimons être capables de mesurer des valeurs de 〈p2〉 allant
jusque 1000. Au delà de cette valeur, la pondération du bruit dans les ailes devient trop
importante, ce qui rend la procédure moins fiable.
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Figure 2.5: p2Π(p) expérimentale en bleue dans le régime diffusif figure (a) et dans le régime
localisé figure (b). En rouge un fit par la forme de Lobkis et Weaver multipliée par p2. Les
paramètres sont pour (a) k̄ = 2.89, K = 5, 300 kicks, ε = 0.6 et pour (b) k̄ = 2.89, K = 12,
100 kicks.

2.4 L’inhomogénéité et la mesure de K

En considérant l’utilisation des variables adimensionnées introduites au chapitre 1 (1.14) (que
nous appliquons sur le couple P ,Z), la possibilité de créer un potentiel de la forme de l’équation
(2.6) et la compensation de gravité sous la forme de l’équation (2.9) nous sommes capables
expérimentalement de créer des hamiltoniens de type Kicked Rotor de la forme suivante :

H(X,Y, z, t) =
p2

2
+K(X,Y, t) cos(z + a(t))

∑

n

δ (t− n) , (2.22)

avec :

K(X,Y, t) =
4π2T1τ~
MΛ2

(
I0(X,Y, t)

IS

)(
Γ2

8δL

)
, (2.23)

et Λ = λL/2. Pour réaliser un Kicked Rotor semblable à celui présenté au chapitre 1, nous
devons nous affranchir de la dépendance en (X,Y ) de K(X,Y, t). L’onde stationnaire est créée
avec des faisceaux gaussiens d’intensité I(X,Y ) et de waist transverse ws de 900µm. Cette
taille de waist est choisie pour avoir une intensité suffisante vis-à-vis de la puissance disponible.
Le nuage créé par le MOT possède une taille transverse similaire de wn = 800µm, nous nous
attendons donc à ce que les atomes ressentent des valeurs différentes de K en fonction de leur
position dans le plan (X,Y ).

2.4.1 Représentation graphique de l’inhomogénéité

A l’aide des calculs réalisés dans l’annexe E, nous pouvons exprimer la densité d’atomes à
2D ρ2D en fonction de la distribution de K. Notre problème exhibe une symétrie cylindrique
(ie : les distributions ne dépendent pas de θ), les calculs sont donc effectués en coordonnées
cylindriques. Nous choisissons de travailler avec le paramètre Kr := K(r)/Kmax où K(r)
représente la dépendance radiale de K due au profil transverse gaussien de l’onde stationnaire
(Kmax est la valeur maximale deK ce qui fait queKr varie entre 0 et 1). Ces calculs aboutissent
à l’expression suivante :

ρ2D(Kr) = qK(q−1)
r . (2.24)

Où q est le carré du rapport du waist de l’onde stationnaire et de celui de la densité atomique
du nuage : q := W 2

s /W
2
n . Dans le cas typique de l’expérience présentée en section 2.2, le
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Figure 2.6: Densité de population en fonction de Kr lorsque le waist du nuage est de wn =
800µm pour (a) et wn = 200µm pour (b).

waist de l’onde stationnaire est de ws = 900µm. La densité du nuage créé par le MOT est de
wn = 800µm. Nous traçons l’expression de ρ2D en fonction de Kr pour ces paramètres sur la
figure 2.6 (a). Nous constatons que beaucoup d’atomes voient des valeurs de Kr différentes
de 1. En effet, la portion d’atomes voyant des Kr supérieurs à 0.9 est de 12%. Dans ce cas
notre système présente une très grande inhomogénéité. Par comparaison, nous regardons sur
la figure 2.6 (b) cette distribution dans le cas où la taille du nuage est fixée à wn = 200µm.
Dans ce cas, la fraction d’atomes voyant des valeurs Kr supérieures à 0.9 est de 90%. Un
système dans une telle configuration est beaucoup moins inhomogène.

2.4.2 Dispositif de filtrage spatial transverse du nuage atomique

Dans le but de réduire le problème d’inhomogénéité présenté précédemment, nous avons ap-
pliqué un système de filtrage spatial afin de sélectionner une partie contrôlée du nuage suivant
la direction transverse et d’éliminer l’autre. Pour ce faire, nous avons réalisé une séquence qui
utilise deux faisceaux lasers supplémentaires : le "petit-repompeur" et le "pousseur" (ces deux
faisceaux sont issus de la diode produisant le repompeur présentée dans la section 2.1).

Le petit-repompeur est un faisceau proche de la transition |6S1/2 ; F = 3〉 → |6P3/2 ; F = 4〉,
il est donc capable, tout comme le repompeur, de replacer les atomes dans le dispositif de
refroidissement. Le pousseur est un faisceau proche de la transition |6S1/2 ; F = 3〉 → |6P3/2 ;
F = 2〉, sa fonction est de faire sortir du dispositif de refroidissement les atomes dans l’état
|6S1/2 ; F = 3〉. Les atomes n’étant pas dans la zone d’action du petit repompeur ne sont pas
repompés. Ces derniers restent dans l’état |6S1/2 ; F = 3〉 et vont donc être écartés par le
pousseur.

Après une seconde de formation du nuage créé avec le dispositif présenté en section 2.1, nous
éteignons le repompeur habituel du MOT (que nous désignons ici sous le nom de "gros-
repompeur") et nous allumons à la place le "petit-repompeur". A la différence du "gros-
repompeur" habituel, le petit-repompeur a une taille typique plus petite (environ 100µm)
que celle du nuage. Ainsi le repompage se fait sur une zone réduite qui dépend de la puissance
du faisceau. Nous pouvons choisir la puissance du petit-repompeur via un modulateur acousto-
optique ce qui fixe la taille du nuage dans le plan transverse. Le principe et le déroulement
chronologique sont présentés respectivement sur les figures 2.7,2.8,2.9 et 2.10. La séquence
expérimentale est résumée dans le tableau ci dessous.

Évènement Phase MOT Phase Sisyphe TOF
Durée 1041 ms 35 ms 250 ms

Faisceaux actifs PMO et Gros-Rep PMO, Pousseur et Petit-Rep Sonde
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Figure 2.7: Nuage d’atomes froids piégé et
repompé par le gros-repompeur qui englobe
spatialement tout le nuage.

Figure 2.8: Le gros-repompeur est coupé,
on applique le petit-repompeur verticalement
pour réaliser le filtrage spatial.

Figure 2.9: La partie du nuage non repompée
n’est plus dans l’état nécessaire au piégeage.
Elle tombe du fait de la gravité. Un faisceau
dit "pousseur" permet d’écarter les atomes de
la zone de détection.

Figure 2.10: Le petit-repompeur est coupé,
le nuage filtré est maintenant prêt à être sou-
mis au potentiel sinusoïdal pulsé puis à être
détecté par la sonde (voir section 2.3).

Effet sur le nuage d’atomes froids et caractérisation

Pour observer directement l’effet de ce nouveau dispositif sur le nuage, nous disposons d’une
caméra EM-CCD Hamamatsu orcaR-2 placée devant la cellule. Celle-ci permet, grâce à un
système d’imagerie, de détecter la forme ainsi que la taille du nuage atomique grâce à la
fluorescence des atomes lorsque nous appliquons un flash très court de lumière résonnante. La
figure 2.11 montre le nuage repompé avec le gros-repompeur. Nous observons un nuage étendu
sur une taille avoisinant 1.5 mm. Lorsque nous utilisons le petit-repompeur, nous aboutissons
au nuage présent sur la figure 2.12 d’extension transverse 400µm.
L’utilisation du petit-repompeur entraîne une réduction importante de la taille du nuage
atomique suivant (X,Y ). Ce dispositif se comporte donc comme un filtre spatial : il sélectionne
une zone du nuage qui sera conservée pour l’expérience. Nous remarquons sur la figure 2.12 que
la forme du nuage s’apparente à un cylindre, ce qui est cohérent car elle suit la géométrie du
faisceau petit-repompeur. Pour être plus quantitatif nous regardons la forme de la distribution
spatiale de la densité d’atomes suivant X. La figure 2.13 correspond à une coupe suivant l’axe
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Figure 2.11: Nuage atomique repompé sans
petit-repompeur. Nous constatons une forme
irrégulière qui possède une extension spatiale
d’environ 1.5 mm.

Figure 2.12: Nuage atomique repompé par
petit-repompeur. Nous observons un filet
d’atomes de taille 1.5 mm suivant Z et
400µm suivant X.

horizontal sur le profil de la caméra, le tout centré sur la densité maximale du nuage. Cette
figure met en évidence un profil gaussien du nuage dans le plan transverse. En modifiant la
puissance (et/ou la fréquence) du petit-repompeur, nous sommes capables de faire varier le
waist du nuage d’atomes filtré de 100µm à 600µm. C’est ce que nous observons en inset de la
figure 2.13. La limite inférieure de wn correspond à la taille du waist du petit-repompeur. La
limite supérieure correspond à la taille du waist du MOT. Ce processus de filtrage nous permet
donc de réduire l’inhomogénéité. De plus, il entraine une perte d’environ 90% des atomes au
profit d’un gain important en stabilité puisque la taille transverse du nuage d’atome est
maintenant une quantité bien maitrisée et reproductible à 10 % près d’un cycle d’expérience
à l’autre.

Figure 2.13: Profil spatial du nuage en fonction de la position en X. Signal moyenné sur
100 coupes adjacentes en noir et fit gaussien en rouge. Le waist du fit gaussien obtenu est de
205µm. Inset : évolution de la taille du waist du nuage filtré wn en fonction de la puissance
du petit-repompeur.
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2.4.3 La calibration de K via les corrélations entre kicks

Avec le système de filtrage présenté ci-dessus, nous pouvons minimiser l’inhomogénéité et
faire en sorte que la valeur de K ressentie par les atomes soit homogène. L’hamiltonien qui
représente le système expérimental dans le référentiel des atomes est désormais le suivant :

H(z, t) =
p2

2
+K(t) cos(z + a(t))

∑

n

δ (t− n) . (2.25)

Il reste la question de la calibration précise de K en fonction des paramètres physiques des
lasers (intensité, désaccord....). Nous avons vu plus haut que le calcul du K théorique donne :

Kth(t) =
4π2T1τh

MΛ2

(
I0(t)

IS

)(
Γ2

8δL

)
. (2.26)

Cependant, expérimentalement il existe des incertitudes trop grandes (alignement géomé-
trique, absorption des hublots, valeur des waists des faisceaux au niveau des atomes, potentiel
déséquilibre entre les intensités des deux faisceaux) pour dire que c’est cette valeur de K qui
est ressentie par les atomes. Or, toute la dynamique du Kicked Rotor dépend de ce paramètre,
il est donc impératif de connaître le K ressenti par les atomes avec la plus grande précision
possible. Nous allons présenter deux méthodes différentes de calibration du K expérimental
Kexp et montrer leur compatibilité.

Figure 2.14: Évolution de Dini en fonction de K pour k̄ = 2.89. En noir la forme analytique,
en rouge les données expérimentales dans le cas Wn = 200 µm et en vert dans le cas Wn =
550 µm.

Pour calibrer K, nous disons que la valeur expérimentale de K vaut Kexp = αKth avec α un
paramètre sans dimension que nous pouvons varier à volonté entre 0 et 1 ce qui nous permet
d’ajuster la valeur Kexp. Nous savons de l’annexe D que les corrélations existantes entre les
kicks dans le Kicked Rotor exhibent un comportement oscillatoire du coefficient de diffusion
initial Dini en fonction de K. Nous réalisons des expériences pour extraire le coefficient Dini
pour différentes valeurs de Kexp que nous comparons à la forme analytique. Nous choisissons
une oscillation de référence (celle à Kth = 10.75 pour k̄ = 2.89) où nous connaissons la valeur
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de K pour laquelle Dini est maximum. Nous ajustons ensuite le paramètre α de telle sorte
à ce que le maximum de l’oscillation de Dini de la courbe expérimentale (courbe rouge sur
la figure 2.14) soit positionné à Kexp = 10.75. En procédant ainsi, nous sommes certain que
pour la valeur de Kexp = 10.75, les atomes ressentent une valeur de K de 10.75.

Notons que sans la résolution du problème d’inhomogénéité, il serait impossible d’observer ces
oscillations. En effet, les valeurs de K ressenties par les atomes seraient tellement différentes
que nous aurions un moyennage des différentes évolutions de Dini. Nous pouvons voir une
illustration de ce phénomène dans le cas où le waist du nuage atomique vaut Wn = 550 µm
sur la courbe verte de la figure 2.14 .

2.4.4 La calibration de K à 1 kick

Pour vérifier la validité de la première calibration, nous avons essayé une seconde méthode de
calibration. Pour cela, nous regardons le profil de la distribution en impulsion Π(p) après un
kick en faisant varier l’intensité de celui-ci (donc en faisant varier K). Cette méthode est inspi-
rée des techniques utilisées pour calibrer la profondeur des réseaux optiques avec des conden-
sats de Bose-Einstein. La différence fondamentale est que pour les condensats, la largeur de
la distribution initiale est très petite devant 2~kL. Les "pics" (discrets) des différents ordres
sont résolus. Dans notre configuration, ce n’est pas le cas. Néanmoins, lorsqu’on applique 1
kick à la distribution en impulsion initiale, celle-ci s’élargit d’une quantité ∆p = 2K/k̄. Nous
pouvons voir un tel élargissement sur la courbe bleue de la figure 2.15.

Figure 2.15: Distribution en impulsion du MOT en rouge et distribution en impulsion après
1 kick en bleu.

Expérimentalement nous utilisons cette propriété pour calibrer la force des kicks K. Nous
mesurons les largeurs des distributions en impulsion après 1 kick en fonction de K à k̄ fixé.
Nous traçons ensuite la largeur à mi-hauteur de ces distributions en fonction de K/k̄. Si la
pente vaut 2, ceci veut dire que quand K/k̄ augmente de 1, la largeur augmente bien de
∆p = 2K/k̄ ce qui atteste que K est bien calibré. La figure 2.16 représente l’évolution de la
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Figure 2.16: Évolution de la largeur à mis hauteur (FWHM) des distributions en impulsion
à 1 kick en fonction de K/k̄.

largeur à mi-hauteur (FWHM) d’une succession de courbes à 1 kick en fonction de différents
K/k̄. Nous constatons que la pente vaut bien 2.

Nous concluons que nos deux méthodes de calibrations sont en bon accord.

2.4.5 Les gammes de paramètres expérimentalement accessibles

La décohérence dans le Kicked Rotor est principalement due à l’émission spontanée [49] qui
dans le formalisme de l’équation (2.1) est proportionnelle à I/δ2

L, avec I l’intensité de l’onde
stationnaire et δL le désaccord. Dans le cadre du Kicked Rotor, K/k̄ est proportionnel à I/δ2

L.
C’est pourquoi la décohérence est proportionnelle à K/k̄.

Nous précisons quelles sont les gammes de paramètres accessibles par le dispositif expérimen-
tal. Les deux grandes limitations expérimentales portent sur les valeurs de k̄ et de K/k̄ que
nous réglons en choisissant 3 paramètres :

i la puissance de chaque faisceau qui forme l’onde stationnaire est limitée à 400 mW ;
ii le désaccord de l’onde stationnaire doit être supérieur à 10 GHz pour éviter les effets

de décohérence dus à l’émission spontanée ;
iii la durée finie des pulses doit être inférieure à 500 ns pour pouvoir considérer les portes

temporelles comme des deltas de Dirac et éviter les problèmes de type "boîte classique"
(voir thèse de Hans Lignier. [51]).

La valeur de k̄ est réglable expérimentalement en ajustant la fréquence à laquelle les kicks sont
appliqués. La contrainte physique étant que nous devons travailler dans un régime où la durée
des kicks n’est pas supérieure à quelque % du temps entre deux kicks (la période des kicks
doit donc être de l’ordre de 20µs). Ceci nous permet d’avoir des valeurs de k̄ comprises entre
1 et 10. Au delà de k̄ = 10, le temps nécessaire à l’application de 200 kicks est comparable au
temps que mettent les atomes à s’échapper du profil transverse gaussien de l’onde stationnaire.
C’est pourquoi nous bornerons k̄ à cette valeur supérieure de 10. La prise en compte de toutes
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ces contraintes implique que nous pouvons réaliser des valeurs de K/k̄ comprises entre 0 et
12. La zone verte de la figure 2.17 présente les paramètres réalisables expérimentalement.

Figure 2.17: Paramètres K et k̄ expérimentalement accessibles en ayant pris en compte les
limites imposées par la puissance des lasers, la décohérence et la boîte classique. La zone verte
correspond aux couples K et k̄ permis par l’expérience.

2.5 Chargement dans un réseau optique

Dans la seconde partie de cette thèse, nous aurons besoin de distributions en impulsion beau-
coup plus étroites que celles issues du MOT. Il nous faut donc aller au-delà des techniques de
refroidissement sub-Doppler présentes dans notre mélasse. Une possibilité serait de charger
les atomes dans un piège conservatif (magnétique ou optique) et de faire de l’évaporation.
Cependant, notre expérience n’a pas été conçue pour cela (la pression dans l’enceinte n’est
pas suffisamment basse pour l’évaporation et l’expérience ne peut pas accueillir des bobines
pour un piège magnétique). Nous avons choisi la solution simple de charger les atomes dans
un réseau optique vertical, ce qui a deux avantages :

i la géométrie est adaptée à notre problème ;
ii il est possible de compenser la gravité.

Le réseau est formé par le biais d’un faisceau généré par une diode en cavité étendue "faite
maison". Le faisceau est désaccordé de 200 GHz vers le rouge de la transition |6S1/2〉 →
|6P3/2〉 et sa puissance est de 2 mW. Pour satisfaire aux contraintes liées à l’inhomogénéité,
nous réglons le waist transverse de ce faisceau à wtrans = 200µm. Le faisceau est positionné
verticalement et est centré sur le maximum de densité du MOT. Il est rétro-réfléchi en confi-
guration oeil-de-chat sur un miroir, ce qui forme un réseau optique de profondeur maximum
9Er où Er = hνr est l’énergie de recul du Césium avec νr = 2 kHz. Nous voyons sur la
figure 2.18 le potentiel total réseau + gravité ressenti par les atomes suivant Z. La courbe
rouge représente le potentiel ressenti par les atomes situés au centre du faisceau dans le plan
(X,Y ). En bleu est représenté le potentiel vu par les atomes situés au bord du faisceau (en
X = wtrans). Dans les deux cas, le potentiel est capable de piéger des atomes.
Le réseau est allumé juste après la phase Sisyphe. Les atomes de faibles vitesses présents à
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Figure 2.18: Potentiels ressentis par les atomes dus à la présence du réseau et de la gravité.
En rouge le potentiel au centre du réseau (en X = 0 nm), en bleu celui ressenti au niveau du
waist transverse du réseau en X = wtrans.

l’intérieur de celui-ci vont sentir un potentiel suffisamment puissant pour contrer la gravité.
Ceux-ci vont donc léviter durant le temps d’application du réseau. Les autres, tomberont sous
l’effet de la gravité. Nous sélectionnons ainsi un cylindre d’atomes de taille comparable à celui
du petit-repompeur (200µm). Nous réalisons donc le filtrage spatial requis pour la suite de
l’expérience.

Figure 2.19: Temps de vol réalisé en présence du réseau appliqué durant 70 ms. Le second
pic correspond aux atomes qui sont restés piégés 70 ms dans le réseau optique.
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Au filtrage spatial s’ajoute un filtrage en vitesse. En effet, seuls les atomes allant à une vitesse
suffisamment faible restent dans le réseau. Dans l’optique de conserver une distribution en
impulsion fine lors de l’extinction du réseau, nous réalisons une coupure adiabatique[43] sur
une durée de 0.75 ms. Cette procédure nous permet de refroidir les atomes jusqu’à 400 nK au
prix d’une perte d’environ 98 % d’atomes. Nous voyons sur la figure 2.19, le signal obtenu en
temps de vol avec l’application du réseau durant 70 ms. Nous constatons que nous détectons
une quantité d’atomes non négligeable 70 ms après que les atomes non piégés par le réseau
soient tombés. Ce signal est celui que nous utilisons pour faire nos expériences, il correspond à
une distribution en impulsion des atomes de température de T = 400 nK. Le nombre d’atomes
obtenu par cette méthode est 6 fois plus faible que dans le cas du filtrage par petit-repompeur.

Figure 2.20: Distribution en impulsion fine extraite de la méthode de soustraction en points
noirs et fit gaussien en rouge. Le waist de cette distribution vaut wp = 1.6 ce qui est équivalent
à une distribution de température 400 nK.

Durant l’application du réseau, des fuites d’atomes (du réseau vers l’extérieur) sont constatées
et polluent le signal utile détecté. Pour s’affranchir de ces fuites, nous choisissons d’utiliser un
autre pousseur qui balaye le signal utile de la détection. Ainsi, en effectuant deux réalisations
expérimentales avec les mêmes paramètres avec et sans pousseur et en faisant la soustraction
des deux signaux détectés, nous extrayons uniquement le signal utile. Il faut noter que cette
méthode, quoique satisfaisante, est longue et requiert un grand nombre de moyennages du
fait du faible nombre d’atomes. Nous pouvons voir le signal utile en noir et un fit gaussien en
rouge sur la figure 2.20. La séquence expérimentale est résumée dans le tableau suivant :

Évènement Phase MOT Phase Sisyphe Phase réseau TOF
Durée 1041 ms 35 ms 70 ms 250 ms

Faisceaux actifs PMO et Gros-Rep PMO et Gros-Rep Réseau et Pousseur Sonde
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Conclusion : Dans cette partie, nous avons décrit le dispositif expérimental utilisé pour étudier
le Kicked Rotor présenté au chapitre 1. Nous avons présenté l’implémentation expérimentale,
réalisée durant ma thèse, du système de modulation de phase et d’amplitude arbitraire de
l’onde stationnaire réalisant le potentiel pulsé dans le temps. Ces versions modifiées du Ki-
cked Rotor seront très utiles dans les chapitres suivants. Nous avons également mis en place
deux montages (petit-repompeur et réseau) qui réalisent un filtrage spatial ayant pour but
pour s’affranchir des problèmes d’inhomogénéité. Le second montage permet de réaliser un
filtrage en vitesse nous donnant accès à des distributions en impulsion très fines correspondant
à des températures de l’ordre de T = 0.4µK. Ces améliorations sont nécessaires pour effectuer
les études quantitatives qui vont être abordées dans les chapitres suivants.
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Chapitre 3

Localisation faible, augmentation de la
probabilité de retour à l’origine
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Le Kicked Rotor présenté au chapitre 1 est étudié dans l’équipe depuis de nombreuses an-
nées dans le contexte de la localisation d’Anderson dans le régime de "localisation forte".
Celui-ci est caractérisé par une suppression totale du transport d’un paquet d’onde dans un
milieu désordonné. Pour le Kicked Rotor, il est décrit par une saturation de l’énergie ciné-
tique. L’étude de cette saturation en fonction des paramètres du système a permis d’observer
la transition d’Anderson (première détermination expérimentale de l’exposant critique [23] et
mise en évidence de son universalité [52]) ainsi que de vérifier les prédictions de la loi d’échelle
à un paramètre [53, 54, 55].

Dans cette thèse, nous regardons différemment ce type de système. Nous nous intéressons
plus particulièrement au régime de localisation faible qui se manifeste bien avant la locali-
sation forte. Celui-ci décrit principalement les corrections quantiques à la diffusion initiale
d’un paquet d’onde lâché dans un milieu désordonné. Des signatures de ce régime existent
sur les fonctions d’onde en atomes froids. Nous étudierons un marqueur de la localisation
faible, présent dans les systèmes invariants par renversement du temps, sur les distributions
en impulsion : L’augmentation de la probabilité de retour à l’origine. Dans la suite de ce
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manuscrit, lorsque nous parlons de ce marqueur, nous utiliserons l’acronyme ERO qui vient
de la traduction anglaise " Enhanced Return to the Origin" plus répandue.
Dans un premier temps, nous donnerons des arguments qualitatifs permettant de comprendre
quelles sont les signatures des phénomènes de localisation faible. Nous ferons ensuite une pré-
sentation non exhaustive des différentes observations expérimentales de celles-ci. Puis nous
regarderons quel est l’effet de localisation faible se manifestant dans notre expérience. Nous
expliquerons comment nous sommes capables de mettre en évidence ce phénomène. Nous
exposerons la première observation expérimentale de l’ERO avec des ondes de matière ato-
mique réalisée durant cette thèse. Nous démontrerons la nature cohérente de cette signature.
Enfin, avec une approche analogue aux mesures effectuées en physique mésoscopique expéri-
mentale [56], nous montrerons que cette signature peut être un outil efficace pour mesurer la
décohérence du système.

3.1 Approche microscopique du transport d’une particule dans
un milieu désordonné

Nous allons dans cette partie expliquer les phénomènes de localisation faible par une pre-
mière approche qualitative. Il viendra ensuite un développement plus précis s’appuyant sur
le livre de G.Montambaux et E.Akkermans [57]. Cette approche nous permettra d’expliquer
deux phénomènes liés à la localisation faible : La rétro-diffusion cohérente (Coherent Back
Scattering, CBS) et l’augmentation de la probabilité de retour à l’origine (Enchanced Return
to the Origin, ERO).

3.1.1 Interférence des chemins : effet de localisation faible

Nous considérons ici l’évolution d’une particule classique dans un milieu désordonné modé-
lisé par un ensemble d’impuretés placées aléatoirement dans un plan. Lorsque la particule
rencontre une impureté, il se produit un évènement de diffusion élastique qui change instanta-
nément la trajectoire de cette particule. Les impuretés sont considérées comme des diffuseurs.
La figure 3.1 représente une particule initialement positionnée en #»ri pouvant se déplacer
jusque #»rf . Classiquement, celle-ci peut emprunter différents chemins (le rouge ou le bleu par
exemple). À cause de la distribution spatiale aléatoire des impuretés dans le milieu, la parti-
cule réalise une marche au hasard. Ceci conduit, en moyenne, à un phénomène de diffusion de
cette dernière dans le système. La densité de probabilité de la particule autour de la position
#»ri est décrite après un certain temps t par une gaussienne dont la largeur croît linéairement
avec le temps.
Le cas d’une particule quantique pouvant se comporter comme une onde vis-à-vis des diffuseurs
est radicalement différent. La probabilité pour cette particule d’aller de #»ri à #»rf est le carré de
la somme des amplitudes de probabilité Ai associées à tous les chemins différents :

P ( #»ri,
#»rf ) =

∣∣∣∣∣
∑

i

Ai

∣∣∣∣∣

2

=
∑

i

|Ai|2 +
∑

i,j

AiA
∗
j =

∑

i

|Ai|2 +
∑

i>j

|Ai| |Aj |2 cos(φi − φj). (3.1)

Le premier terme de cette équation représente la contribution classique à la probabilité : la
particule prend un chemin qui interfère avec lui-même. Le second terme est purement ondu-
latoire, les différentes trajectoires possibles menant à #»rf interfèrent. Ce terme d’interférence
peut avoir des contributions importantes à la probabilité d’arriver en #»rf . Dans le cas spéci-
fique où #»rf = #»ri (pour les systèmes invariants par renversement du temps), ces interférences
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Figure 3.1: Particule partant de ~ri pouvant diffuser sur les impuretés représentées en points
noirs pour aller jusque ~rf . Deux chemins rouge (j) et bleu (i) sont représentés.

augmentent la probabilité de revenir à l’origine. Elles diminuent donc le coefficient de diffusion
du système, créant ainsi des effets de localisation faible. Il existe deux phénomènes associés à
la localisation faible, selon que l’on considère une probabilité de retour en raisonnant sur des
vecteurs d’onde ou sur des positions. Il s’agit respectivement du Coherent Back Scattering
(expérience de transmission) et de l’ERO (expérience de "lâcher" d’un paquet d’onde dans
un milieu désordonné).

3.1.2 Onde plane dans un milieu semi-infini : CBS

Le problème qui nous intéresse ici est celui de la propagation d’une onde plane, (particule
quantique) envoyée avec un vecteur d’onde initial

#»

ki dans un milieu désordonné semi-infini et
sortant avec un vecteur d’onde

# »

kf . La probabilité de sortir du milieu avec un vecteur d’onde
# »

kf = − #»

ki est (cf. Annexe F pour le calcul détaillé) :

P (
#»

ki,
# »

kf ) =
∑
#»r1,

#»r2

|f( #»r1,
#»r2)|2(1 + exp[i(

#»

ki +
# »

kf ) · ( #»r1 − #»r2)]). (3.2)

De manière générale, la contribution du second terme de l’équation (3.2) dépend des positions
des points #»r1 et #»r2, la somme sur tous ces points va s’annuler sauf lorsque (

#»

ki+
# »

kf )·( #»r1− #»r2) = 0.
Pour

#»

ki = − # »

kf , l’intensité de l’onde dans le sens opposé à
#»

ki vaut :

P (
#»

ki,
# »

kf = − #»

ki) =
∑
#»r1,

#»r2

|f( #»r1,
#»r2)|2(1 + 1) = 2Pclass,

#»
k , (3.3)

avec Pclass,~k :=
∑

#»r1,
#»r2
|f( #»r1,

#»r2)|2 la probabilité de ressortir du milieu avec
#»

ki = − # »

kf dans
le cas classique. Nous constatons un doublement de la probabilité pour que la particule soit
rétro-diffusée vis-à-vis du cas classique. Cet effet est connu sous le nom de Coherent Back
Scattering (CBS) et peut être illustré en considérant une paire de chemins particuliers comme
sur la figure 3.2. Ce phénomène est présent lorsque le système physique considéré est invariant
par renversement du temps puisque ce sont les paires de chemins conjugués par renversement
du temps qui accumulent la même phase et donc qui interfèrent constructivement.
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Figure 3.2: Onde plane de vecteur d’onde initial ~ki envoyé dans un milieu désordonné semi-
infini. Les deux chemins direct (rouge) et renversé (bleu) accumulent la même phase et par-
ticipent au CBS.

3.1.3 ERO : Enhanced Return to the Origin

Nous nous intéressons également au problème de l’expansion d’une onde (particule quantique)
initialement localisée en #»ri dans un milieu désordonné. En suivant un raisonnement analogue
en terme de position, nous pouvons écrire que la probabilité pour cette onde de se trouver en
#»rf étant initialement positionnée en #»ri est :

P ( #»ri,
#»rf ) =

∑
#»
k1,

#»
k2

|f(
#»

k1,
#»

k2)|2(1 + exp[i(
#»

k1 +
#»

k2) · ( #»ri − #»rf )]). (3.4)

Encore une fois, la somme sur les vecteurs d’onde va faire disparaître le second terme sauf
pour #»ri = #»rf . Dans ce cas, la probabilité s’écrit :

P ( #»ri,
#»rf = #»ri) =

∑
#»
k1,

#»
k2

|f(
#»

k1,
#»

k2)|2(1 + 1) = 2Pclass,~r, (3.5)

avec Pclass,~r :=
∑

#»
k1,

#»
k2
|f(

#»

k1,
#»

k2)|2 la probabilité de retour à l’origine dans le cas classique.
Nous constatons que la probabilité de retour à l’origine quantique vaut le double de la valeur
classique.
Ce phénomène est illustré à partir d’une paire de chemins particuliers sur la figure 3.3 et est
appelé ERO. Les phénomènes ERO et CBS jouent le rôle de corrections à la diffusion classique
du système et vont tendre à la réduire. C’est pour cela que nous parlons de phénomène de
localisation faible.
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Figure 3.3: "Lâcher" d’un paquet d’onde initialement positionné en ~ri. Nous représentons
deux chemins possibles : direct (rouge) et renversé (bleu) qui accumulent la même phase et
participent à l’ERO.

3.2 Observations expérimentales de la localisation faible

Les phénomènes de localisation faible présentés ci-dessus ont été initialement prédits théori-
quement dans différents domaines de la physique : en optique, via les travaux de [58, 59, 60,
61, 62] ainsi qu’en matière condensée [63, 64, 3, 65] où ils ont été pour la première fois obser-
vés. Ces phénomènes sont responsables de la résistance anormale de films métalliques fins [66,
67, 68]. Les chemins interférentiels affectent la propagation des électrons dans les systèmes
expérimentaux considérés, ce qui modifient la résistance totale du milieu. Les observations
expérimentales des effets de localisation faible sont nombreuses, nous en donnons plusieurs
exemples dans la section suivante. Dans un souci de clarté, nous distinguerons CBS et ERO.

3.2.1 Observations expérimentales du CBS

Comme nous l’avons vu précédemment, la manière la plus courante pour observer le CBS
consiste à envoyer une onde dans un milieu semi-infini dans lequel des diffuseurs sont placés
aléatoirement. Ce phénomène peut donc être observé avec différents types d’onde.

CBS de la lumière Le premier type de CBS a été observé dans un système optique avec les
travaux de [69, 70, 71] par le biais d’une lumière laser envoyée sur des particules de polystyrène
en suspension dans l’eau. Ces premières expériences constatent un facteur d’augmentation plus
petit que deux dû aux imperfections expérimentales telles que la non conservation de la pola-
risation de la lumière après un évènement de diffusion. Il a fallu 10 ans, avec l’expérience de
l’équipe de Wiersma en 1995 [72], pour observer un doublement de la probabilité de rétro-
diffusion comme l’atteste la figure 3.4. Le CBS de la lumière diffusant sur des atomes froids
a également été observé par [73].
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Figure 3.4: Observation du CBS de la lumière envoyée sur des échantillons de TiO2. Figure
extraite de [72].

CBS du son Le CBS d’une onde sonore diffusant sur des graviers positionnés dans de l’eau
ou diffusant sur des tiges en laiton a été respectivement observé par [74] et [75]. L’onde sonore
n’étant pas une onde vectorielle, aucun problème de polarisation n’entre en jeu ici. Cela permet
l’observation d’un facteur 2 comme l’illustre la figure 3.5.

Figure 3.5: Observation du CBS d’onde sonore diffusant sur des tiges en laiton en 1997.
Figure extraite de [75].

CBS d’atomes ultra-froids Plus récemment, le CBS d’atomes ultra-froids en présence de
désordre lumineux (speckle) a été observé avec un facteur 1.4 [76] (voir figure 3.6). L’explica-
tion du facteur 1.4 a de multiples origines, une étude détaillée des phénomènes entrant en jeu
est réalisée dans la thèse de Cord Muller [77]. L’un des principaux problèmes est l’existence
pour les atomes froids de structure atomique interne.
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Figure 3.6: Observation du CBS d’atomes ultra-froids en présence de désordre lumineux créé
par un speckle (champ de tavelures). Figure extraite de [76].

3.2.2 Observations expérimentales de l’ERO

L’ERO est plus difficile à observer expérimentalement du fait de la nécessité de regarder le
système en champ proche (à l’intérieur du milieu désordonné en un #»ri choisi). Ceci constitue
une grande différence vis-à-vis du CBS car pour ce dernier il faut regarder en champ lointain
ce qui ressort du milieu désordonné.

ERO dans ces cavités chaotiques L’ERO a été observé dans des cavités chaotiques en
2000 [78] [79]. L’intensité normalisée transverse de l’onde intégrée dans le temps manifeste un
facteur deux à l’origine comme nous le voyons sur la figure 3.7.

Figure 3.7: Observation de l’ERO d’onde élastique dans des cavités chaotiques en 2000.
Figure extraite de [79].
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ERO d’une onde séismique Plus récemment, l’ERO a été observé avec des ondes séismiques
[80]. L’expérience consistait à créer une perturbation au sol puis à mesurer après un certain
temps l’amplitude de l’onde S(∆r) résultant de cette perturbation. Nous observons sur la
figure 3.8 que l’amplitude de cette onde est augmentée d’un facteur deux à l’origine.

Figure 3.8: Observation de l’ERO d’onde séismique par Larose en 2004. Figure extraite de
[80].

3.2.3 Utilisation de la localisation faible pour mesurer la décohérence

Coupler un système quantique à son environnement [81] peut causer une réduction du nombre
d’interférences constructives produites par tous les chemins possibles. Cette réduction peut
être due à des petits changements dans l’environnement de la particule ou à des brouillages de
phase causés par l’environnement sur la fonction d’onde [82]. La localisation faible peut être
utilisée, par exemple, pour sonder les propriétés du couplage spin-orbite des électrons dans les
solides [56]. Elle peut également être un très bon outil pour évaluer le temps de cohérence d’un
système physique. Pour que le phénomène de localisation faible existe, deux chemins (direct
et renversé) doivent interférer constructivement (voir section précédente). Ceci est possible
uniquement lorsqu’une onde accumule la même phase en se propageant le long de ces deux
chemins. Nous pouvons facilement imaginer qu’un processus arrivant à un temps quelconque
dans l’expérience puisse briser l’accord de phase entre les deux chemins considérés. Ce type de
phénomène est en général relié à la "décohérence" présente dans le système et on lui associe
un temps caractéristique, le temps de cohérence τφ (la définition précise de ce temps dépend
du système).

Pour les électrons dans les métaux, les phénomènes de décohérence majoritaires sont la diffu-
sion inélastique d’un électron due à la collision avec un autre électron, un phonon ou encore
une impureté magnétique. Une méthode pour mesurer cette décohérence consiste à appliquer
un champ magnétique au système et de mesurer comment la résistance varie en fonction de
la température [82]. Nous pouvons voir par exemple sur la figure 3.9 une détermination du
temps de cohérence τφ en fonction de la température d’un échantillon d’or choisi. Nous voyons
que plus la température est basse, plus le temps de cohérence est grand. Le phénomène de
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décohérence testé dans ce cas est celui de la diffusion inélastique avec des phonons. Dimi-
nuer la température revient à diminuer le taux de collision avec les phonons. De nombreuses
études portent sur la mesure de la décohérence via les phénomènes de localisation faible.
Nous pouvons retenir celle par ajout d’impuretés magnétiques [83], ou celle réalisée dans des
fils mésoscopiques [84, 85] ou dans des anneaux [86]. Ces récents travaux pointent l’intérêt
des phénomènes de localisation faible comme outil de diagnostic de la décohérence adapté à
différents problèmes physiques.

Figure 3.9: Variation du temps de cohérence τφ en fonction de la température pour 4 échan-
tillons d’or différents. En inset est présent la méthode de mesure du temps de cohérence :
on applique un champ magnétique H fixe et on regarde la variation de la résistance produite
lorsqu’on varie la température. En confrontant cette courbe à un modèle théorique on déduit
un temps caractéristique de cohérence. Figure extraite de [82].

3.3 Kicked Rotor et phénomènes de localisation faible

Nous avons vu au chapitre 1 que le Kicked Rotor est un système désordonné, correspondant à
un modèle d’Anderson, où la localisation forte apparaissait dans l’espace des impulsions. Nous
pouvons donc supposer que le Kicked Rotor exhibe, tout comme le modèle d’Anderson, des
phénomènes de localisation faible. Cependant, l’ERO pour un modèle d’Anderson se manifeste
dans l’espace désordonné c’est-à-dire dans l’espace des positions. Nous nous attendons donc
à observer l’ERO dans l’espace désordonné du Kicked Rotor : l’espace des impulsions. De la
même manière, le CBS dans le Kicked Rotor a lieu dans l’espace des positions et non dans
l’espace des impulsions comme c’est le cas pour un modèle d’Anderson. Ces différents points
sont résumés dans le tableau suivant :

Anderson Kicked Rotor
Espace des positions ERO CBS
Espace des impulsions CBS ERO
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3.3.1 Effet du renversement du temps sur des chemins dans le Kicked
Rotor

Pour illustrer le phénomène ERO dans le Kicked Rotor, nous allons écrire des chemins comme
ceux rencontrés précédemment mais adaptés à notre système. Rappelons que le Kicked Rotor
consiste en une série de kicks (transferts instantanés d’impulsions aux atomes) et de pro-
pagations libres. Une singularité du Kicked Rotor vis-à-vis des autre systèmes désordonnés
est que celui-ci décrit un désordre où le nombre d’évènements de diffusion peut être fixé. En
effet, un kick correspond à un évènement de diffusion et ce nombre de kicks est imposé par
l’expérimentateur.

Nous avons vu dans le chapitre 1 que le Kicked Rotor est équivalent à un modèle de liaisons
fortes avec désordre dans l’espace des impulsions. Nous pouvons donc considérer un nombre
discret de "sites" en impulsion que nous numérotons par un nombre entier. L’effet d’un kick
consiste à transférer une quantité d’impulsion ∆p à la particule (celle-ci saute d’un site p = m
à un site p = m

′). Entre deux kicks se réalise la propagation libre, l’impulsion de la particule
est conservée. Nous pouvons écrire un "chemin" partant du site p = 0 réalisant des sauts
brusques de site à chaque kick. La figure 3.10 ((a) chemin direct), représente un tel chemin.
L’axe des ordonnées définit les sites en impulsion labellisés par un entier. L’axe des abscisses
représente le numéro du kick (de 0 à 3 ici). Une flèche noire représente un transfert d’impulsion
∆p à la particule (un saut entre deux sites). Un trait bleu représente la propagation libre entre
deux kicks, l’impulsion de la particule n’est pas modifiée durant ce laps de temps.

Figure 3.10: Chemin direct partant de p = 0
et revenant après 3 kicks à p = 0.

Figure 3.11: Chemin renversé dans le temps
du chemin (a) partant de p = 0 et revenant
après 3 kicks à p = 0.

Nous allons écrire le chemin renversé dans le temps du chemin (a) en appliquant l’opération
de renversement des chemins T . Cette opération inverse l’ordre des opérateurs existant dans
l’opérateur d’évolution et transforme x̂ en −x̂ (plus de détails seront donnés au chapitre 4).
Cette opération agit sur les différents opérateurs comme :

T [Ûkick(x̂)] = Ûkick(−x̂),

T [Ûprop(p̂)] = Ûprop(p̂),

T [Ûprop(p̂)Ûkick(x̂)] = Ûkick(−x̂)Ûprop(p̂).

(3.6)
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Pour illustrer et comprendre l’action de l’opération T sur le système, nous considérons l’exemple
du chemin (a) de la figure 3.10. Pour des raisons de symétrie, nous ajoutons une demi-
propagation libre avant le premier kick et après le dernier kick. Ceci ne change rien à la
physique du système car la distribution en impulsion ne change pas durant la propagation
libre entre les kicks. Le résultat final ne doit donc pas dépendre de l’origine des temps. En
prenant les définitions du chapitre 1, et en réalisant une demi propagation libre de chaque
côté ; nous écrivons l’opérateur d’évolution après 3 kicks :

Û(3) = Ûprop,dÛkick,3ÛpropÛkick,2ÛpropÛkick,1Ûprop,d, (3.7)

avec Ûprop,d := exp
(
−ip̂2/4k̄

)
, Ûprop défini par l’équation (1.31) et Ûkick,n correspondant au

nième kick.

Le chemin direct (a) décrit sur la figure 3.10 correspond à des transferts successifs d’impulsions
∆p de +2 -5 +3 . Nous pouvons écrire l’opérateur d’évolution Ûa(3) associé à ce chemin
en remplaçant les valeurs des sauts en impulsions dans les opérateurs de kicks (dans Ûkick
défini par (1.40) il faut remplacer s par la valeur ∆p du transfert en impulsion au kick
correspondant). Nous obtenons ainsi :

Ûa(3) = Ûprop,dJ3e
−i3π/2e−i3x̂ÛpropJ−5e

i5π/2ei5x̂ÛpropJ2e
−i2π/2e−i2x̂Ûprop,d, (3.8)

Ûa(3) = Ûprop,dJ3e
−i3x̂ÛpropJ−5e

i5x̂ÛpropJ2e
−i2x̂Ûprop,d . (3.9)

Maintenant que nous avons décrit le chemin (a) par son opérateur d’évolution, nous appliquons
l’opération de renversement des chemins T (nous inversons l’ordre des opérateurs et nous
transformons x̂→ −x̂) :

T [Ûa(3)] = Ûprop,dJ3e
i2x̂ÛpropJ−5e

−i5x̂ÛpropJ2e
i3x̂Ûprop,d (3.10)

Les fonctions de Bessel ne sont que des nombres, nous pouvons donc changer leur ordre dans
la séquence. De plus, en utilisant le fait que Jn = (−1)nJ−n nous écrivons :

T [Ûa(3)] = Ûprop,dJ−2e
i2x̂ÛpropJ5e

−i5x̂ÛpropJ−3e
i3x̂Ûprop,d (3.11)

Cet opérateur d’évolution décrit le chemin renversé (b) suivant : -3 +5 -2. Nous traçons ce
chemin renversé ainsi obtenu sur la figure 3.11. Ce raisonnement peut bien évidement être
appliqué à des chemins constitués d’un nombre quelconque de kicks. L’application de l’opéra-
tion de renversement des chemins sur la formule encadrée (3.9) décrivant le chemin direct (+2
-5 +3) crée la formule encadrée (3.11) qui décrit le chemin renversé (-3 +5 -2). Autrement
dit : Ûb(3) = T [Ûa(3)]. Ces deux types de chemins, tout comme les chemins responsables de
l’ERO et du CBS dans les systèmes présentés dans l’introduction de ce chapitre, interfèrent
constructivement pour participer aux phénomènes de localisation faible.

3.3.2 Observation numérique de l’ERO dans le Kicked Rotor

Nous avons vu dans le section précédente qu’un chemin direct et un chemin renversé interfèrent
constructivement pour participer au phénomène de retour à l’origine dans le Kicked Rotor.
Nous pouvons observer cette manifestation numériquement en utilisant la procédure présentée
dans l’annexe C. Pour réaliser la simulation numérique nous prenons les paramètres suivant :
K = 50, k̄ = 1, 20 kicks, on réalise une moyenne sur 104 valeurs de la quasi-impulsion β
et une température initiale de la distribution en impulsion (décrite par une gaussienne de
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largeur nulle) de T = 0µK. Nous obtenons la distribution présente sur la figure 3.12. Nous
observons un pic en p = 0 de facteur deux vis-à-vis du fond ce qui constitue la signature du
l’augmentation (d’un facteur 2) de la probabilité de retour à l’origine. Notons que le fond de
la distribution est gaussien car nous sommes dans le régime diffusif (temps court comparé au
temps de localisation).

Figure 3.12: Distribution en impulsion nu-
mérique pour une température initiale de T =
0µK. Nous constatons la présence du pic ERO
de facteur deux. La localisation faible se tra-
duit ici par un doublement de la probabilité
de retour à l’origine.

Figure 3.13: Distribution en impulsion nu-
mérique pour une température initiale de T =
2µK. Nous constatons la présence du pic
ERO de facteur 1.2. Nous ne retrouvons pas,
contrairement au cas où T = 0µK, le double-
ment de la probabilité de retour à l’origine.

Nous avons réalisé une simulation numérique avec une distribution initiale de température
nulle. Cependant, nous avons vu dans la section 2.1 qu’expérimentalement nous sommes en
possessions d’atomes à une température de T = 2µK. Nous pouvons prendre en compte cet
effet dans la simulation numérique et obtenir la figure 3.13. Nous constatons cette fois que
le pic ERO est drastiquement réduit par cet effet de température. Cette réduction peut se
comprendre en considérant que le pic est convolué avec l’état initial du système qui n’est
plus un delta de Dirac. Ce point rend l’observation expérimentale d’un tel phénomène très
délicate. Il faut noter que ce pic, aussi faible soit-il, est présent sur toutes les distributions en
impulsion. Comment le distinguer clairement du fond de la distribution dans le but d’évaluer
son amplitude ?

3.4 Kicked Rotor avec saut de phase de l’onde stationnaire

Afin de mieux visualiser le signal décrit dans la section précédente et d’estimer correctement
son amplitude, nous allons utiliser un hamiltonien modifié [87]. De plus, nous allons réaliser
une mesure différentielle pour extraire l’amplitude du signal avec précision.

3.4.1 Hamiltonien avec saut de phase de l’onde stationnaire

L’hamiltonien utilisé est :

Ĥ(x̂, p̂, t) =
p̂2

2
+K cos(x̂)

∑

n=0

δ (t− 2n) +K cos(x̂+ a)
∑

n=0

δ (t− 2n+ 1) (3.12)
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Nous déplaçons un kick sur deux la position du potentiel d’une quantité bien déterminée a.
Nous devons désormais considérer deux types différents de kick avec et sans déplacement. Les
kicks avec déplacement (kicks impairs) peuvent être vus comme ceux réalisés avec le potentiel
correspondant à la courbe rouge de la figure 3.14. Les kicks sans déplacement (kicks pairs)
sont ceux réalisés avec le potentiel "bleu".

Figure 3.14: Deux types de potentiels décalés de a réalisant les kicks de l’hamiltonien 3.12.

3.4.2 Effet sur les chemins renversés dans le temps

L’intérêt de cet hamiltonien réside dans le fait que le déplacement de potentiel imprime une
phase supplémentaire sur les atomes. Nous pouvons illustrer ce point en considérant les deux
opérateurs de kicks désormais différents :

Ûkick,0 :=
+∞∑

s=−∞
Js

(
K

k̄

)
e−isπ/2e−isx̂, (3.13)

Ûkick,a :=
+∞∑

s=−∞
Js

(
K

k̄

)
e−isπ/2e−isx̂e−isa. (3.14)

Le terme e−isa ajoute une phase à chaque fois que nous appliquons un kick déplacé. Cette
phase est proportionnelle à l’amplitude du saut s et au décalage du potentiel a. Quel est l’effet
de cet ajout de phase sur les chemins direct et renversé à l’origine de l’ERO? Pour répondre
à cette question, nous considérons tout d’abord des chemins qui retournent à l’origine après
un nombre total pair de kicks (ici 4). Dans un souci de clarté, nous choisissons de noter
uniquement la phase additionnelle produite par les kicks déplacés (rouge). Nous voyons sur
la figure 3.15 que la phase supplémentaire totale imprimée par les kicks déplacés sur les
atomes lors de la réalisation du chemin direct est ΦDir = 8a. La figure 3.16 montre que
celle correspondant à la réalisation du chemin renversé vaut ΦRev = 8a. Nous constatons
que ces deux phases additionnelles sont égales, ΦDir = ΦRev. Ces deux chemins interfèrent
constructivement.
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Figure 3.15: Chemin direct retournant à
l’origine après 4 kicks. La phase totale accu-
mulée est de ΦDir = 8a

Figure 3.16: Chemin renversé dans le temps
du chemin (a) retournant à l’origine après
4 kicks. La phase totale accumulée est de
ΦRev = 8a

Les figures 3.17 et 3.18 nous montrent que ce type de raisonnement appliqué à des chemins
constitués d’un nombre total impair de kicks produit un résultat totalement différent. Cette
fois, les phases ΦDir et ΦRev sont opposées. Les chemins n’interfèrent plus constructivement
et le moyennage sur tous les chemins possibles conduit à des interférences destructives qui
suppriment totalement la contribution ERO.

Figure 3.17: Chemin renversé du chemin (a)
retournant à l’origine après 5 kicks. La phase
totale accumulée est de ΦDir = 6a

Figure 3.18: Chemin renversé dans le temps
du chemin (a) retournant à l’origine après
5 kicks. La phase totale accumulée est de
ΦRev = −6a

Nous concluons que l’hamiltonien de l’équation (3.12) permet de détruire un kick sur deux
l’interférence constructive à l’origine de l’ERO dans le Kicked Rotor. Noter que ceci n’est pos-
sible que parce que le nombre d’évènements de diffusion est parfaitement connu et contrôlé (un
kick = un évènement de diffusion). Cet avantage du Kicked Rotor nous permet, contrairement
à d’autres systèmes désordonnés, de déclencher l’apparition de l’ERO.
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3.5 Apparition et suppression de l’ERO dans le Kicked Rotor
avec saut de phase

Nous réalisons l’hamiltonien de l’équation (3.12) en utilisant le dispositif expérimental présenté
en section 2.4.2 avec le petit-repompeur. La figure 3.19 présente des mesures des distributions
en impulsion par temps de vol après un nombre pair (courbe rouge) et impair de kicks (courbe
bleu).

Figure 3.19: Distribution en impulsion expérimentale : en bleu la distribution après 21 kicks,
en rouge la distribution après 20 kicks ; en vert la différence entre les deux distributions. Les
paramètres sont K = 12 k̄ = 1.5 a = 0.04 (en unité de 2π).

Nous observons clairement un pic à l’origine p = 0 présent sur la courbe rouge et absent
sur la courbe bleue. Ce pic correspond au signal ERO. La différence des deux distributions,
représentée par la courbe verte, nous permet d’extraire l’amplitude du signal ERO même si
celle-ci est faible.

Pour observer la dynamique du phénomène, nous avons choisi de mesurer la quantité Π0 :=
Π(p = 0), correspondant à la population de la classe d’impulsion nulle de la distribution en
impulsion. La figure 3.20 met en évidence une oscillation de période deux de Π0 en fonction
du temps (compté en nombre de kicks). Cette oscillation est due au fait qu’un kick sur deux
le pic ERO est détruit. L’amplitude de cette oscillation (qui correspond au signal vert de
la figure 3.19) nous donne accès à l’amplitude du phénomène cohérent ERO en fonction du
temps. Ceci constitue la première observation expérimentale direct de l’ERO avec des ondes
de matière atomique.
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Figure 3.20: Évolution expérimentale de Π0 en fonction du nombre de kicks. Les points
(carrés) rouges (bleus) correspondent aux valeurs de Π0 lorsque le nombre de kicks est pair
(impair). Les paramètres sont K = 12 k̄ = 1.5 a = 0.04 (en unité de 2π).

3.6 ERO : un outil puissant de mesure de la décohérence

D’après l’explication basée sur les chemins présentée en section 3.3.1, l’ERO résulte d’une
condition d’accord de phase bien contrôlée dans le système. Il s’agit donc d’un phénomène
cohérent. Dans le but de prouver expérimentalement cette nature interférentielle, nous allons
supprimer la cohérence de phase en ajoutant, à un instant donné de la séquence expérimentale,
une quantité bien précise de décohérence (sous forme d’émission spontanée). Pour la produire
nous utiliserons un laser résonnant avec une transition atomique.

Après avoir ainsi prouvé la nature cohérente de l’ERO et dans l’esprit de la physique mésosco-
pique, nous l’utiliserons pour déterminer le temps de cohérence du dispositif expérimental τφ.
Dans le but de démontrer la fiabilité de cette détermination, nous ajouterons des évènements
d’émission spontanée en continu dans notre système et nous mesurerons l’effet qu’à cet ajout
sur l’ERO pour différents paramètres expérimentaux.

3.6.1 Émission spontanée dans le Kicked Rotor

Comme nous l’avons décrit au chapitre 1, la base d’états pertinente pour le Kicked Rotor est
la base des impulsions |m,β〉 (voir eq (1.35)), avec m un nombre entier et β la quasi-impulsion
(un nombre compris entre 0 et 1 servant à positionner l’impulsion initiale de l’atome dans la
première zone de Brillouin du système). Durant l’application des kicks, il y a transfert d’un
nombre entier de quanta d’impulsion (2 fois l’impulsion de recul). La quasi-impulsion β est
donc conservée.

Un processus d’absorption-émission spontanée, en général, change la valeur de β associée à
une particule. En effet, le photon peut être ré-émis dans n’importe quelle direction de l’espace,
ce qui fait qu’après émission spontanée, β peut prendre une nouvelle valeur aléatoire comprise
entre 0 et 1. Ainsi, lors des évolutions du système, si il y a absorption-émission spontanée,
la phase acquise par la particule est modifiée et l’accord de phase nécessaire à l’existence
de l’ERO est brisé. Le processus d’émission spontanée atténue donc l’ERO à cause d’une
redistribution aléatoire de la quasi-impulsion β.
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3.6.2 Étude de la décohérence : le décohéreur

Dans le but d’étudier l’effet de la décohérence sur l’ERO, nous avons installé un nouveau
laser accordé sur la transition |6S1/2 ; F = 4〉 → |6P3/2 ; F = 5〉. Le faisceau de ce laser
suit le même chemin optique que celui d’un des faisceaux de l’onde stationnaire, ce qui nous
assure l’alignement géométrique avec les atomes. Le waist de ce faisceau est de 900µm. Étant
à résonance, ce laser produit des évènements d’émission spontanée. Nous l’appelons laser
"décohéreur".

Figure 3.21: Effet pousseur du faisceau décohéreur sur la distribution en impulsion du MOT.
La courbe rouge représente la distribution en impulsion du MOT en absence de décohéreur.
La courbe bleue représente la distribution en impulsion du MOT lorsque le décohéreur est
réglé à P = 1.130µW sur une durée de 80µs. Nous observons un décalage de 4.35 unité
d’impulsion de recul.

Ce laser génère également une force de pression de radiation. En observant l’effet pousseur
produit par celui-ci sur la distribution en impulsion du MOT, nous pouvons calibrer le nombre
d’évènement d’émission spontanée. Lorsque la distribution en impulsion est décalée de Nsp
impulsion de reculs, nous estimons qu’en moyenne tous les atomes ont subi Nsp processus
d’émission spontanée. La courbe bleue de la figure 3.21 nous montre l’effet pousseur produit
par ce faisceau. En répétant la procédure précédente pour différents temps d’application du
décohéreur, nous obtenons une courbe de calibration qui est présentée sur la figure 3.22.

Figure 3.22: Effet pousseur Nsp subi par la distribution d’impulsion du MOT en fonction du
temps d’exposition du faisceau décohéreur réglé à une puissance de P = 1.130µW. En rouge
les points expérimentaux, en noir un fit linéaire de ces points.
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La quantité Nsp correspond donc au nombre de photons moyens émis par atome sous l’action
du décohéreur. Chaque photon émis par atome correspond à une redistribution aléatoire de
la quasi-impulsion β par atome.

3.6.3 Démonstration expérimentale de la nature cohérente de l’ERO

Nous regardons l’effet d’un flash très court (quelques périodes de kicks T1) de décohéreur sur
les oscillations de Π0 produites par l’ERO. Sur la figure 3.23 nous observons une oscillation
importante de Π0 entre 10 et 20 kicks. À partir du 21ème kick, le décohéreur est appliqué sur
une durée correspondant à 2T1 avec une puissance de P = 1.130µW. Ceci a pour effet de
diminuer l’amplitude des oscillations de Π0. En effet, certains atomes réalisent un (ou plu-
sieurs) processus d’émission spontanée, ce qui redistribue leurs quasi-impulsions β et détruit
la cohérence quantique. Ils cessent donc de contribuer à l’amplitude du signal ERO. Une partie
des atomes ne subit pas d’évènement d’émission spontanée et continue de contribuer à cette
amplitude.

Figure 3.23: Évolution de Π0 en fonction du nombre de kicks. La zone verte correspond à la
durée d’application du faisceau décohéreur après le 21ème kick. Les paramètres expérimentaux
sont K = 12, k̄ = 1.5 et a = 0.04 (en unité de 2π). Inset : amplitude du signal ERO ∆t autour
du kick 28 en fonction de Nsp.

L’inset de la figure 3.23 montre l’amplitude du signal ERO, ∆t := (−1)t(Π0(t) − Π0(t − 1)),
autour du kick 28 en fonction de Nsp fixé par le décohéreur. Les points bleus sont les données
expérimentales, la ligne noire correspond à la diminution exponentielle attendue si le processus
suit une loi de Poisson. Nous constatons une déviation pour un nombre Nsp ≈ 3. Ceci peut
être dû au fait que même si les atomes subissent un évènement d’émission spontanée, il existe
une probabilité non nulle pour qu’ils gardent une quasi-impulsion β suffisamment proche de
leur quasi-impulsion initiale. De cette manière, ils restent cohérents et continuent de participer
au phénomène ERO. Ces résultats expérimentaux illustrent la nature cohérente de l’ERO.
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3.6.4 ERO : Outil de mesure de la décohérence

Les expériences de Kicked Rotor présentent une décohérence naturelle due en partie à l’émis-
sion spontanée produite par les lasers utilisés pour réaliser l’onde stationnaire. Maintenant
que la nature cohérente de l’ERO est démontrée, nous utilisons ce phénomène pour évaluer
le temps de cohérence expérimentale. La figure 3.24 présente une mesure (en absence de dé-
cohéreur) de la décroissance exponentielle de l’amplitude ∆t du signal ERO dans le temps.
En réalisant un fit exponentiel de cette amplitude nous supposons obtenir une valeur de τφ
correspondant au temps de cohérence "naturel" du dispositif expérimental (nous utilisons le
mot "naturel" car celui-ci est obtenu en absence de décohéreur). À ce temps de cohérence est
associé un taux de décohérence naturel Γ0 := 1/τφ.

Figure 3.24: Évolution de l’amplitude de l’ERO ∆t en fonction du nombre de kicks. En rouge
les points expérimentaux, en noir un fit exponentiel permettant d’acquérir la valeur τφ = 80
kicks. Nous en déduisons Γ0 = 0.0125. Les paramètres sont K = 9.55, k̄ = 1.5, a = 0.21 (en
unité de 2π).

Nous sommes en mesure d’évaluer des taux de décohérence expérimentaux Γ0. Ces taux dé-
pendent principalement des valeurs de K directement liées à la puissance et au désaccord des
lasers utilisés (paramètres contrôlant l’émission spontanée).

Dans le but d’être certain de mesurer correctement le taux de décohérence, nous cherchons à
vérifier la validité de la méthode de mesure de la décohérence. Pour ce faire, nous utilisons la
procédure suivante :

i) nous ajoutons une quantité de décohérence "extérieure" bien connue sous forme d’émission
spontanée dans le système 1 que nous appelons Γext ;
ii) nous mesurons ensuite ce que le système ressent via l’atténuation exponentielle de l’am-
plitude du signal ERO, ce qui nous permet d’extraire un taux de décohérence Γ.

1. Cette quantité est ajoutée au moyen du décohéreur et a été calibrée de la même manière que précédem-
ment : par effet pousseur sur la distribution du MOT
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Nous réalisons ces expériences pour différents Γext et différents paramètres K et a. Les ré-
sultats sont rassemblés sur la figure 3.25. Celle-ci présente le taux de décohérence mesurée
Γ en fonction du taux de décohérence "extérieur" Γext ajouté par le décohéreur. Nous avons
tracé une droite de pente 1 sur ce graphique. Les différents points expérimentaux suivent l’al-
lure de cette droite. Cela démontre que la décohérence mesurée avec l’ERO est sensiblement
identique à celle ajoutée sous forme d’émission spontanée dans notre expérience. La décohé-
rence ressentie par le système correspond à la décohérence ajoutée par l’expérimentateur. Ceci
constitue une validation de notre méthode de mesure de décohérence. L’ERO dans le Kicked
Rotor atomique est, tout comme en physique mésoscopique, un très bon outil de mesure de
la décohérence du système expérimental.

Figure 3.25: Taux de décohérence mesuré Γ (auquel nous avons retranché le taux de décohé-
rence Γ0 en l’absence de décohéreur) en fonction du taux de décohérence extérieur Γext calibré
par le décohéreur. En points bleus et rouges les données expérimentales pour deux jeux de
paramètres (K = 12, a = 0.04, k̄ = 1.5) et (K = 9.55, a = 0.21, k̄ = 1.5). La courbe noire
correspond à une droite de pente 1 passant par l’origine.

Conclusion : Dans ce chapitre, nous avons observé le phénomène ERO avec des ondes de
matière atomique en utilisant le Kicked Rotor. Ce phénomène constitue une manifestation
interférentielle de la localisation faible dans un système invariant par renversement du temps.
Un ingrédient crucial dans le Kicked Rotor est la capacité à contrôler le nombre pair ou impair
d’évènements de diffusion contrastant ainsi avec les systèmes désordonnés ordinaires où seul
le nombre moyen d’évènements de diffusion est accessible expérimentalement. En choisissant
la phase des kicks, nous avons pu observer des oscillations de l’ERO nous permettant ainsi
d’évaluer précisément son amplitude. La décroissance temporelle de cette amplitude nous
permet de réaliser une mesure très précise du temps de cohérence du dispositif expérimental.
La connaissance du temps de cohérence dans les systèmes quantiques désordonnés est une
information cruciale lorsque l’on cherche à comparer des signaux expérimentaux avec des
prédictions théoriques comme nous le verrons au chapitre 5.
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Dans la suite de cette thèse, nous allons étudier des systèmes désordonnés possédant des pro-
priétés de symétries différentes. La question principale est de savoir comment sont affectées
les propriétés de transport ainsi que les phénomènes interférentiels lorsque la symétrie du
système est modifiée. Cette étude nous permettra d’observer expérimentalement une nouvelle
signature de la localisation d’Anderson.

Ce chapitre a pour but de présenter les nouveaux aspects théoriques utilisés durant cette
thèse. Ces derniers sont des éléments indispensables à la compréhension des signatures phy-
sique CFS et β(G) qui seront présentées dans les chapitres 5 et 6.

Nous allons dans un premier temps introduire les différentes symétries pertinentes pour notre
système. Nous expliquerons ensuite quelles sont les conditions pour qu’un système décrit par
un hamiltonien appartienne à la classe de symétrie orthogonale ou unitaire. Nous appliquerons
ces conditions sur nos systèmes de Kicked Rotor modulés en amplitude ou en phase pour
déduire des conditions simples sur les séquences de modulation afin que le système appartienne
à une classe de symétrie donnée. Enfin, nous montrerons qu’un Kicked Rotor modulé en
phase ou en amplitude est équivalent à un système Anderson quasi-1D avec une géométrie
particulière de type nanotube, dans lequel il peut exister un flux Aharonov-Bohm artificiel.
Cette vision en terme de flux offre une élégante interprétation d’un Kicked Rotor modulé
temporellement en un système désordonné de Floquet dans lequel il existe un champ de jauge
artificiel dans une dimension synthétique. La présentation théorique qui suit s’inspire des
notes non publiées rédigées par D. Delande.
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4.1 Symétries et classes de symétrie

Dans un système désordonné, les propriétés de localisation dépendent fortement des symétries
anti-unitaires du système. Pour les systèmes représentant le transport d’électrons dans les
métaux, l’ajout d’un champ magnétique brise la symétrie anti-unitaire de renversement du
temps. Ceci a pour conséquence de supprimer l’existence des phénomènes de localisation
faible. Cet exemple simple illustre l’importance de la symétrie par renversement du temps en
physique.

4.1.1 Opérations de symétries pertinentes pour le Kicked Rotor

Formellement, le renversement du temps est l’opération qui transforme t en −t et p en −p.
L’invariance d’un système physique par une opération de renversement du temps veut dire
que si X(t) est solution de l’équation du mouvement du système alors X(−t) l’est également
(avec X un vecteur contenant toutes les variables dynamiques du système). Ceci se traduit,
pour un système quantique 1D, par l’existence d’une invariance du système par une opération
de symétrie anti-unitaire par renversement du temps décrite par l’opération T telle que :

T





x→ x,

t → − t,
p → − p.

(4.1)

Bien entendu, cette symétrie peut dépendre du choix de l’origine des temps, il existe donc
une famille d’opération Tτ telle que :

Tτ





x→ x,

t → 2τ − t,
p → − p.

(4.2)

Rappelons que le système qui nous intéresse possède la symétrie par translation dans l’espace
d’une période du potentiel. Nous pouvons donc appliquer le théorème de Bloch et montrer
qu’il y a conservation de la quasi-impulsion β. L’opération de symétrie Tτ présentée précé-
demment transforme p en −p donc β en −β. Elle ne conserve pas la quasi-impulsion. Nous
pouvons donc dire que cette opération de symétrie est en un sens incompatible avec l’inva-
riance par translation dans l’espace d’une période du potentiel.

Cette incompatibilité a été traitée dans les articles [88, 89, 90]. Une façon de la résoudre est de
considérer, à la place de Tτ , une autre transformation appelée transformation de renversement
du temps généralisée. Celle-ci est définie, dans le cadre du Kicked Rotor, comme le produit
de Tτ avec l’opération de symétrie par parité P. De la même manière que pour Tτ , il existe
une famille d’opération de symétrie Pa réalisant une inversion de parité autour d’un axe a.
L’opération associée à cette transformation est :

Pa





x→ 2a− x,
t → t,

p → − p.
(4.3)

Nous sommes en mesure de construire une transformation par renversement du temps géné-
ralisée Tτ,a en associant les opérations Pa et Tτ de la façon suivante :

Tτ,a := TτPa. (4.4)
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Cette opération agit comme :

Tτ,a





x→ 2a− x,
t → 2τ − t,
p → p.

(4.5)

Nous constatons que Tτ,a conserve l’impulsion p. L’action de Tτ,a sur un système invariant
par translation dans l’espace d’une période du potentiel conservera la quasi-impulsion β.
L’opération Tτ,a est donc compatible avec l’invariance par translation dans l’espace d’une
période du potentiel. Ainsi, lorsque nous nous interrogeons sur la symétrie par renversement
du temps d’un système invariant par translation dans l’espace d’une période du potentiel,
nous utilisons Tτ,a comme opération de symétrie pertinente.

4.1.2 Classes de symétrie orthogonale et unitaire

La théorie du groupe de renormalisation des transitions de phase indique que certaines pro-
priétés thermodynamiques d’un système près d’une transition de phase dépendent seulement
d’un petit nombre d’éléments comme la dimensionnalité et la symétrie. Dans le cas de la
physique d’Anderson, lorsque le système est invariant par renversement du temps, il existe
une transition de phase à 3D caractérisée par un exposant critique ν valant 1.58. La valeur de
cet exposant critique est universelle et ne dépend pas des détails microscopiques du système
comme cela a été montré expérimentalement et numériquement dans le cadre du Kicked Rotor
[24, 91]. Cette valeur est en bon accord avec des simulations numériques réalisées avec d’autre
systèmes désordonnés [92]. Si la symétrie par renversement du temps est brisée dans ce type de
système, la transition d’Anderson a toujours lieu mais la valeur de l’exposant critique change
pour devenir 1.43 [92]. Ceci veut dire que le comportement du système autour du point cri-
tique est différent en fonction de la présence ou non de la symétrie par renversement du temps.

On distingue différentes classes de symétrie pour répertorier les systèmes physiques. Nous en
considérerons deux dans cette thèse : la classe de symétrie orthogonale et la classe de symé-
trie unitaire. Ces terminologies sont issues de l’étude des matrices aléatoires [93]. Un système
appartient à la classe de symétrie orthogonale si il est invariant vis-à-vis d’au moins une trans-
formation de renversement du temps généralisée du type Tτ,a. Inversement, si un système, sans
spin, n’est invariant par aucune transformation de renversement du temps généralisée Tτ,a, il
appartient à la classe de symétrie unitaire. Autrement dit, pour qu’un système appartienne
à la classe de symétrie unitaire, il faut briser toutes les symétries anti-unitaires possibles.

Dans la suite, nous voulons construire des hamiltoniens H appartenant à la classe de symétrie
orthogonale ou unitaire. Pour déterminer l’appartenance de H à l’une de ces deux classes
nous utiliserons le critère suivant : si il existe une transformation par renversement du temps
généralisée Tτ,a qui laisse invariant l’opérateur d’évolution U de H, alors le système représenté
par U appartient à la classe de symétrie orthogonale. Lorsque ce n’est pas le cas, le système
appartient à la classe de symétrie unitaire.

4.2 Classes de symétrie des Kicked Rotor modulés périodique-
ment

Le Kicked Rotor standard présenté au chapitre 1 et représenté par l’équation (1.18) appar-
tient à la classe de symétrie orthogonale. Bien que d’autres méthodes aient été proposées
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théoriquement [89], nous voulons dans cette thèse utiliser un hamiltonien modulé en phase ou
en amplitude pour étudier la dynamique d’un système désordonné appartenant à la classe de
symétrie unitaire. Le principal avantage de ce type d’hamiltonien réside dans la simplicité de
la réalisation expérimentale de celui-ci. Dans cette section les hamiltoniens considérés sont de
la forme :

Ĥ(x, t) =
p̂2

2
+K(t) cos(x̂+ a(t))

∑

n

δ (t− n) , (4.6)

Avec K(t) et a(t) des modulations d’amplitude et de phase périodique de période N quel-
conque (N est un entier) :

K(t+N) = K(t),

a(t+N) = a(t). (4.7)

L’hamiltonien (4.6) est périodique de période N . Si nous voulons utiliser le théorème de Flo-
quet nous ne devons plus considérer l’opérateur d’évolution du système sur 1 kick mais sur
N kicks. Pour connaître la classe de symétrie du système, nous devons regarder si l’opérateur
d’évolution sur N kicks est invariant par application de Tτ,a. Cependant, nous voulons réaliser
des expériences avec des hamiltoniens de périodes N différentes. Pour connaître les propriétés
de symétrie de chacun de ces hamiltoniens de périodes différentes nous devons donc étudier
l’action de Tτ,a sur des opérateurs d’évolutions de périodes N différentes.

Cette démarche est fastidieuse. C’est pourquoi nous allons présenter une méthode permettant
de définir les conditions nécessaires sur K(t) et a(t) pour que le système appartienne à une
classe de symétrie donnée lorsque la période N de l’hamiltonien est quelconque. Pour ce
faire, nous allons montrer l’équivalence entre la dynamique de l’hamiltonien de période N
représenté par l’équation (4.6) et celle de l’hamiltonien de Pseudo-Rotor de période 1. Ce
développement sera réalisé sur un hamiltonien modulé en amplitude, celui sur un hamiltonien
modulé en phase est effectué en annexe G.

4.2.1 Équivalence entre les dynamiques du Kicked Rotor Quasi-1D modulé
en amplitude et du Pseudo-Rotor 2D

Nous allons suivre la démarche utilisée dans [94]. Nous considérons un hamiltonien de type
(4.6) avec uniquement une modulation d’amplitude de la forme K(t) = f(ω2t+φ2), où φ2 est
la phase initiale de la modulation et ω2 = 2π/N la pulsation. La fonction f est une fonction
de modulation périodique de période N . L’hamiltonien du Kicked Rotor Quasi-1D modulé en
amplitude est :

ĤQ1D =
p̂2

2
+ f(ω2t+ φ2) cos x̂

∑

n

δ (t− n) . (4.8)

L’opérateur d’évolution dépend du temps sous la forme 1 :

ÛQ1D(t; t− 1) = e−i 1
k̄
f(ω2t+φ2) cos x̂e−ip̂2/2k̄ (4.9)

1. Nous choisissons de commencer l’évolution du système par une propagation libre, ce qui ne change rien
à la physique du Kicked Rotor
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La fonction d’onde représentant l’état du système à l’instant t, Ψ(x, t), est obtenue en appli-
quant successivement l’opérateur d’évolution ÛQ1D(t′; t′ − 1) de t′ = 1 jusque t′ = t sur l’état
initial Ψ(x, t = 0) :

Ψ(x, t) =
t∏

t′=1

ÛQ1D(t′; t′ − 1)Ψ(x, t = 0), (4.10)

qui régit la dynamique du Kicked Rotor Quasi-1D. 2 Intéressons-nous maintenant à un second
système, a priori différent, le Pseudo-Rotor 2D défini par l’hamiltonien :

ĤPR =
p̂2

1

2
+ ω2p̂2 + f(x̂2) cos x̂1

∑

n

δ (t− n) , (4.11)

avec f(x2) la même fonction qu’en (4.8) qui satisfait :

f(x
[n]
2 ) = K(n), (4.12)

avec n entier et x[n]
2 la valeur de x2 après le nème kick. Nous choisissons de regarder l’évolution

dans le temps d’un état initial particulier décrit par

Ψ(x1, x2, t = 0) = Ξ(x1, t = 0)δ(x2 − φ2). (4.13)

Cette condition initiale est parfaitement localisée en x2 donc totalement délocalisée en p2. Elle
est appelée condition initiale en source plane dans l’espace des impulsions [95]. L’opérateur
d’évolution sur une période de l’hamiltonien ĤPR est :

ÛPR = e−i 1
k̄
f(x̂2) cos x̂1e−i(p̂2

1/2+p̂2ω2)/k̄. (4.14)

L’action de ÛPR sur l’état initial se décompose en deux parties :
i) L’opérateur de propagation e−ip̂2ω2/k̄ translate le δ(x2−φ2) entre chaque kick d’une valeur
ω2. Au temps t, après t kicks, nous aurons δ(x2 − φ2 − ω2t).
ii) L’opérateur de kick e−iK

k̄
f(x̂2) cos x̂1 agit en prenant les valeurs de x2 correspondant à la

valeur non nulle de δ(x2 − φ2 − ω2t). Ces valeurs sont données au temps t par x2 = φ2 + ω2t.

L’état du système après un temps t est donc décrit par la fonction :

Ψ(x1, x2, t) = Û tPRΨ(x1, x2, t = 0) = Ξ(x1, t)δ(x2 − φ2 − ω2t), (4.15)

avec :

Ξ(x1, t) =
t∏

t′=1

e−i 1
k̄
f(ω2t′+φ2) cos x̂1e−ip̂2

1/2k̄Ξ(x1, t = 0). (4.16)

Nous reconnaissons ici l’opérateur d’évolution ÛQ1D(t′; t′ − 1), d’où :

Ξ(x1, t) =

t∏

t′=1

ÛQ1D(t′; t′ − 1)Ξ(x1, t = 0). (4.17)

À partir des équations (4.9), (4.10) et (4.17), nous constatons que les fonctions Ξ(x1, t) et
Ψ(x, t) suivent la même dynamique. La conséquence importante est que la dynamique d’un
Kicked Rotor Quasi-1D suit la même dynamique que celle d’un Pseudo-Rotor 2D avec une

2. Le produit est ordonné dans le temps.
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condition initiale en source plane 3. Il est donc possible d’étudier les propriétés de l’opérateur
d’évolution du Pseudo-Rotor 2D pour déduire les propriétés du Kicked Rotor Quasi-1D.

4.2.2 Propriété de symétrie des séquences de modulations K(t) et a(t)

Nous allons désormais étudier les propriétés de symétrie de l’hamiltonien (4.8) à partir de
l’opérateur d’évolution du Pseudo-Rotor associé. Considérons l’opérateur d’évolution symé-
trisé 4 du Pseudo-Rotor :

ÛPR = e−
i
2(p̂2

1/2+p̂2ω2)/k̄e−i 1
k̄
f(x̂2) cos x̂1e−

i
2(p̂2

1/2+p̂2ω2)/k̄, (4.18)

avec f(x2) une fonction qui satisfait f(x
[n]
2 ) = K(n) avec n entier. Les valeurs de x[n]

2 suivent :

x
[n]
2 = φ2 +

2πn

N
, (4.19)

avec φ2 qui correspond à la valeur initiale de x2. Nous avons vu précédemment qu’un système
appartenait à la classe de symétrie orthogonale si son opérateur d’évolution était invariant
par au moins une transformation par renversement du temps généralisée du type :

Tτ,a1,a2





x̂1 → 2a1 − x̂1,

x̂2 → 2a2 − x̂2,

t → 2τ − t,
p̂1 → p̂1,

p̂2 → p̂2.

(4.20)

Nous choisissons 2a1 = 0. L’application de cette transformation sur l’opérateur d’évolution
ÛPR renverse l’ordre des opérateurs et réalise x̂1 → −x̂1 et x̂2 → 2a2 − x̂2. Nous obtenons :

Tτ,a1,a2 [UPR] = e−
i
2(p̂2

1/2+p̂2ω2)/k̄e−i 1
k̄
f(2a2−x̂2) cos(−x̂1)e−

i
2(p̂2

1/2+p̂2ω2)/k̄. (4.21)

L’opérateur étant au préalable symétrisé, le renversement de l’ordre des opérateurs n’a pas
d’effet. L’invariance de ÛPR vis-à-vis de Tτ,a1,a2 se traduit par la condition :

Tτ,a1,a2 [ÛPR] = ÛPR, (4.22)

qui est vérifiée si :

f(2a2 − x2) = f(x2). (4.23)

L’égalité (4.23) est vraie si f(x2) possède un axe de symétrie. Ce point est vérifié si et seule-
ment si la séquence K(t)

∑
n δ (t− n) possède un axe de symétrie. Nous pouvons voir sur la

figure 4.1 une séquence K(t)
∑

n δ (t− n) symétrique périodique de période N = 8. En effet,
nous constatons la présence d’un axe de symétrie (représenté par un trait plein noir) entre les
kicks 4 et 5 et entre les kicks 8 et 9. Un système modulé en amplitude avec une telle séquence
appartiendra à la classe de symétrie orthogonale.

3. Nous pouvons sans difficulté généraliser ce point pour des systèmes à n dimensions. Cette correspondance
dans les dynamiques a permis l’étude et la caractérisation complète de la transition d’Anderson 3D.

4. Nous réalisons une demi-propagation libre avant et après le kick ce qui ne change rien à la physique de
ce Kicked Rotor.

64



4.2. CLASSES DE SYMÉTRIE DES KICKED ROTOR MODULÉS
PÉRIODIQUEMENT

Figure 4.1: Séquence de modulation K(t)
∑

n δ (t− n) symétrique de période N = 8. Les
axes de symétrie sont représentés en traits pleins noirs.

Figure 4.2: Séquence de modulation K(t)
∑

n δ (t− n) non symétrique de période N = 8.

La figure 4.2 présente le cas d’une séquence de modulation périodique non symétrique. Dans
ce cas, le système appartiendra à la classe de symétrie unitaire.

Dans le cas d’un Kicked Rotor Quasi-1D avec modulation de phase, l’annexe G démontre que
pour appartenir à la classe orthogonale, il faut que la séquence a(t)

∑
n δ (t− n) possède un

axe d’antisymétrie. Nous résumons ces deux points cruciaux dans le tableau ci-dessous.

Classe de symétrie K(t) a(t)

Orthogonale Symétrique Antisymétrique
Unitaire Non-Symétrique Non-Antisymétrique
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4.3 Relation avec Anderson quasi-1D et flux Aharonov-Bohm

Nous allons dans cette partie établir l’analogie formelle entre un Pseudo-Rotor 2D et un mo-
dèle d’Anderson quasi-1D avec une géométrie particulière de type nanotube. Nous montrerons
que briser la symétrie par renversement du temps dans le Pseudo-Rotor revient à posséder
un flux Aharonov-Bohm artificiel non trivial dans le nanotube du système d’Anderson. Enfin,
nous verrons que les valeurs du flux et implicitement les propriétés de symétrie peuvent être
contrôlées avec un paramètre accessible expérimentalement : la phase initiale de la modulation
temporelle appliquée.

Le calcul sera réalisé avec un système possédant une modulation d’amplitude particulière de
manière à illustrer le phénomène. Une généralisation à d’autres hamiltoniens est possible en
suivant la même procédure.

4.3.1 Équivalence entre un Pseudo-Rotor 2D et un modèle Anderson quasi-
1D

Considérons l’hamiltonien du Kicked Rotor Quasi-1D, ĤQ1D, avec une modulation d’ampli-
tude de la forme K(t) = K[1 + ε cos(ω2t+ φ2)] avec ω2 = 2π/N :

ĤQ1D =
p̂2

2
+K cos x̂[1 + ε cos(ω2t+ φ2)]

∑

n

δ (t− n) . (4.24)

Nous avons vu précédemment que la dynamique de cet hamiltonien (4.24) était équivalente à
celle d’un système de Pseudo-Rotor 2D décrit par l’hamiltonien :

ĤPR =
p̂2

1

2
+ ω2p̂2 +K cos x̂1[1 + ε cos x̂2]

∑

n

δ (t− n) . (4.25)

En suivant la démarche faite dans [94], nous pouvons démontrer que l’équation aux valeurs
propres des états de Floquet de l’hamiltonien (4.25) peut être écrite sous la forme d’une
équation aux valeurs propres pour un modèle d’Anderson :

εmΦm +
∑

r6=0

WrΦm−r = −W0Φm . (4.26)

Les Φm sont les projections d’un état de Floquet |Φ〉 sur un "site" en impulsion m labellisé par
les coordonnées (m1,m2) 5 représentant la position d’un site en impulsion. m et r représentent
les sites d’un réseau rectangulaire anisotrope possédant une infinité de sites dans la direction
1 et N sites dans la direction 2. L’énergie sur site εm vaut :

εm = tan

{
1

2

[
ω −

(
k̄
m1

2

2
+

2πm2

N

)]}
. (4.27)

Les amplitudes de saut Wr sont les coefficients de la double transformée de Fourier de :

W (x1, x2) = tan [K cosx1(1 + ε cosx2)/ 2k̄] . (4.28)

Dans ce modèle, il existe un couplage entre le site m2 = N et le site m2 = 1. Autrement dit,
le réseau rectangulaire 2D peut être replié sur lui-même selon la direction 2 pour former un
cylindre possédant N sites distincts dans la section transverse. L’espace de Hilbert de |Φ〉 se

5. p̂1 |m〉 = k̄m1 |m〉 et p̂2 |m〉 = k̄m2 |m〉.
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réduit donc à celui d’un cylindre infini suivant la direction 1 avec N sites dans la direction 2.
Nous avons un problème d’Anderson quasi-1D possédant une géométrie en forme de nanotube.
La figure 4.3 représente le système en géométrie nanotube avec une période de modulation de
N = 5, ce qui revient à avoir 5 sites différents dans la direction transverse.

Figure 4.3: Représentation de la géométrie en nanotube du système Anderson quasi-1D.
Les sphères grises représentent les sites en impulsion. Le nombre de sites dans la direction
transverse m2 est de N = 5.

L’énergie sur site (4.27), qui constitue une séquence pseudo-désordonnée, est périodique de
période N selon la direction 2. De plus, les Wr sont les composantes de Fourier de la fonction
périodique W (x1, x2). Ils sont donc également périodiques selon la direction 2 de période N .
Nous avons donc :

εm1,m2 = εm1,m2+N ,

Wr1,r2 = Wr1,r2+N .
(4.29)

Ceci nous permet d’utiliser le théorème de Bloch selon la direction 2 et d’écrire n’importe
quelle fonction propre de l’hamiltonien effectif (4.26) sous la forme :

Φm1,m2 = eim2β2 φm1,m2 , (4.30)

avec β2 le vecteur de Bloch selon la direction 2 et φm1,m2 = φm1,m2+N . Par transformée de
Fourier inverse, nous revenons de m2 en x2 :

Φ̃m1(x2) =
∑

m2

φm1,m2 e−im2(x2−β2). (4.31)

En écrivant m2 = Nj + k avec j ∈ Z et k de 0 à N − 1 nous obtenons :

Φ̃m1(x2) =

N−1∑

k=0

φm1,k ei(β2−x2)k

×
+∞∑

j=−∞
eijN(β2−x2).

(4.32)
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La somme sur j est nulle sauf sans le cas où N(β2− x2) = 2π (mod. 2π), ce qui implique que
Φ̃ est localisé en :

x2 = β2 +
2πl

N
(mod. 2π) pour l = 0..N − 1. (4.33)

Or d’après l’équation (4.15), nous savons que les valeurs possibles de x2 sont ω2t + φ2 avec
ω2 = 2π/N et t entier. En comparant les équations (4.15) et (4.33), nous constatons que
β2 = φ2. Le vecteur de Bloch β2 s’identifie à la phase initiale φ2 de la modulation temporelle
appliquée dans le Kicked Rotor Quasi-1D. Un état de Floquet est donc écrit :

Φm1,m2 = eim2φ2 φm1,m2 . (4.34)

4.3.2 Symétrie du Kicked Rotor Quasi-1D et flux Aharonov-Bohm

La géométrie du système Anderson Quasi-1D dans l’espace des impulsions est un cylindre
possédant une infinité de sites suivant la direction 1 et N sites sur la section transverse
suivant la direction 2. Nous voulons calculer le flux Aharonov-Bohm artificiel ΦAB à travers
ce nanotube. Ce dernier est donné par le facteur de phase accumulé lors de la réalisation d’une
boucle fermée : m2 = 0 → 1 → 2 → .. → N − 1 → 0 autour du nanotube. Cette phase n’est
rien d’autre que N fois le vecteur de Bloch d’où :

ΦAB = Nφ2. (4.35)

Or nous savons que, pour conserver la symétrie par renversement du temps, le flux à travers
le nanotube doit être ΦAB = 0 (mod. π). Cette condition se translate sur le vecteur de Bloch
φ2 comme :

φ2 =
kπ

N
, k ∈ N. (4.36)

Dans le cadre de l’hamiltonien (4.24), lorsque la modulation de phase φ2 vaut φ2 = kπ/N , le
système appartient à la classe de symétrie orthogonale.

Nous allons étudier la compatibilité de la condition d’orthogonalité portant sur le flux à travers
le nanotube (4.36) avec celle portant sur l’existence d’un axe de symétrie dans la séquence
de modulation d’amplitude K(t) expliquée en section 4.2.2. Nous rappelons que la séquence
K(t) est de la forme :

K(t) = K[1 + ε cos(ω2t+ φ2)]
∑

n

δ (t− n) . (4.37)

Prenons un exemple avec K = 10, ε = 1, ω2 = 2π/5 et φ2 = π/5. La figure 4.4 montre la
séquence de modulation dans ce cas. Nous constatons qu’il existe plusieurs axes de symétrie
(représentés en traits pleins noirs). Nous voyons sur la figure 4.5 que le système Anderson
quasi-1D possède un flux ΦAB = Nφ2 = 0 (mod. π). Le système modulé avec φ2 = π/5
appartient donc à la classe de symétrie orthogonale.

La figure 4.6 présente la séquence de modulation temporelle lorsque φ2 = π/10. Nous remar-
quons l’absence totale d’axe de symétrie. Le système d’Anderson équivalent est représenté sur
la figure 4.7 où un flux représenté en bleu est présent et vaut ΦAB = 5π/10 (mod. π). Le
système modulé avec φ2 = π/10 appartient donc à la classe de symétrie unitaire.
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Figure 4.4: Séquence de modulation K(t)
pour les paramètres K = 10, ε = 1, ω2 =
2π/5, φ2 = π/5.

Figure 4.5: Représentation de la géométrie
en nanotube du système Anderson quasi-1D.
Le nombre de sites dans la direction trans-
verse est de N = 5. Le flux à travers le nano-
tube est nul.

Figure 4.6: Séquence de modulation K(t)
pour les paramètres K = 10, ε = 1, ω2 =
2π/5, φ2 = π/10.

Figure 4.7: Représentation de la géométrie
en nanotube du système Anderson quasi-1D.
Le nombre de sites dans la direction trans-
verse est de N = 5. Le flux à travers le
nanotube est représenté en violet et vaut
ΦAB = 5π/10 (mod. π).

Nous constatons que les deux méthodes pour définir l’appartenance du système à la classe
de symétrie orthogonale ou unitaire sont compatibles. De plus, nous avons montré qu’une
modulation d’amplitude bien choisie dans un Kick Rotor Quasi-1D est équivalente à avoir
un flux Aharonov-Bohm artificiel non nul dans le système Anderson quasi-1D équivalent. Le
paramètre réglant la valeur de ce flux n’est rien d’autre que la phase initiale de la modulation
appliquée qui peut être fixée expérimentalement.

Conclusion : Dans ce chapitre, nous avons introduit le modèle du Kicked Rotor Quasi-1D qui
consiste à moduler périodiquement dans le temps l’amplitude ou la phase du potentiel de kick.
Nous avons présenté un formalisme qui permet de faire l’analogie formelle entre ce modèle et
celui d’un système Anderson quasi-1D avec une géométrie particulière en forme de nanotube
pouvant accueillir un flux Aharonov-Bohm artificiel non trivial. Ce flux est proportionnel à la
phase de la modulation (facilement accessible expérimentalement) et peut briser la symétrie
par renversement du temps dans le système. La phase de la modulation, donc le flux Aharonov-
Bohm artificiel, nous offre désormais la possibilité de contrôler les propriétés de transport dans
le milieu désordonné. Cela nous permettra, dans la suite, de mettre en évidence une nouvelle
signature interférentielle de la localisation d’Anderson.
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Chapitre 5

Diffusion cohérente vers l’avant
"Coherent Forward Scattering"
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Les phénomènes CBS et ERO sont bien compris et observés dans de nombreux systèmes depuis
maintenant plus de 20 ans. Apparaissant aux temps courts dans un problème de transport
dans un milieu désordonné, le CBS a également été observé avec des ondes de matière dans la
limite des faibles désordres [76]. Plus récemment, des simulations numériques [25] liées à une
expérience de transmission d’un condensat de Bose-Einstein dans un désordre corrélé créé par
un potentiel de speckle ont prédit l’existence d’un nouvel effet physique. Cet effet physique
non perturbatif, intimement lié à la localisation d’Anderson, apparaît aux temps longs et se
nomme diffusion cohérente vers l’avant (Coherent Forward Scattering : CFS).

Dans ce chapitre, nous verrons quelles sont les différentes signatures et les principales ca-
ractéristiques du CFS pour une expérience de transmission. Nous comparerons cette analyse
avec une analyse plus ancienne réalisée dans un système confiné. Nous regarderons ensuite ce
type problème avec le Kicked Rotor. Nous montrerons à l’aide des systèmes introduits dans le
chapitre 4 qu’observer le CFS dans le Kicked Rotor revient à observer un CFS dans une "di-
mension synthétique x2" créée par modulation temporelle. Pour illustrer ce point, nous nous
intéresserons plus particulièrement au modèle simple de modulation de période 5 introduit
au chapitre 4. Nous réaliserons ensuite des simulations numériques avec ce modèle puis des
acquisitions expérimentales pour mettre en évidence les deux signatures recherchées :
i) la croissance du signal CFS avec un temps caractéristique qui est le temps de localisation ;
ii) la résistance du signal CFS à la brisure de symétrie par renversement du temps.
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5.1 Caractéristique et observation numérique du CFS

Le CFS présenté précédemment est présent dans les milieux désordonnés où la localisation
d’Anderson se manifeste. Une signature du CFS est son apparition avec un temps caracté-
ristique que l’on appelle temps de Heisenberg : tH . Ce temps, étroitement lié au temps de
localisation tloc, correspond au temps que met le système pour résoudre le spectre d’énergie
discret des états de la particule dans le système. Plus formellement, il s’écrit tH = h/∆ (avec
∆ l’écart d’énergie moyen entre les niveaux d’énergies du système et h la constante de Planck).

5.1.1 Découverte théorique du CFS pour une expérience de transmission

Pour expliquer la prédiction du CFS, nous considérons ici le même système que celui présenté
au chapitre 3 ayant observé le CBS d’atomes froids en présence de désordre créé par un
speckle lumineux. On envoie initialement un paquet d’onde avec un vecteur d’onde ~k0 bien
déterminé dans un milieu désordonné 2D et on regarde, après application du speckle durant
un certain temps t, la probabilité de ressortir du milieu avec un vecteur d’onde ~k. Sur la figure
5.1, nous voyons en (a) la distribution de probabilité des vecteurs d’onde aux temps courts.
Nous observons le CBS dans le sens − ~k0 dès le début de l’expérience lorsque t < tloc. Puis,
progressivement dans le temps, nous constatons l’apparition d’un pic vers l’avant dans le sens
+ ~k0. Ce pic, qui est un écho de la distribution initiale dans l’espace des moments, croît de 0
jusqu’à devenir le jumeau du pic CBS aux temps longs (t > tloc). C’est la diffusion cohérente
vers l’avant : le CFS.

Figure 5.1: Simulation numérique représentant les probabilités dans l’espace des vecteurs
d’onde de sortir du milieu désordonné 2D avec un vecteur ~k en fonction du temps. Figure
extraite de [25].
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Figure 5.2: Différents chemins menant aux processus (a) CBS et (b) CFS. Figure extraite
de [25].

Une explication du phénomène CFS est présentée dans l’article de Karpiuk et al. [25]. Celle-
ci se base sur la considération d’une concaténation de processus CBS. La figure 5.2 présente
en (a) des chemins de type CBS. Nous retrouvons le type d’explication apportée en section
3.1.2 qui implique que la distribution des vecteurs d’ondes du système représentée sur la
figure 5.1 possède un pic dans le sens − ~k0. La figure 5.2 (b) illustre la concaténation de deux
processus CBS produisant des chemins de type CFS favorisant l’apparition d’un pic dans le
sens ~k0. Nous constatons que pour créer des chemins de type CFS, l’onde doit réaliser des
"aller-retour" dans le milieu.

5.1.2 Écho mésoscopique dynamique dans un système désordonné de taille
finie

Un effet similaire au CFS constaté dans un contexte particulier a été relevé en 1994 par
Prigodin et al. [96]. Le système considéré est un "disordered quantum dot" : un électron
plongé dans un disque unitaire désordonné de diamètre L (dans la limite des faibles désordres).
Le fait que le système soit unitaire implique la suppression de tout phénomène de type CBS
dans le système. La limite choisie par les auteurs est celle d’un système de taille L bien infé-
rieure à ξ la longueur de localisation. La taille finie du système joue le rôle d’un potentiel de
confinement qui empêche l’électron de s’étaler au delà de celui-ci.

Dans un autre contexte [97], Prigodin et al. [96] ont étudié l’évolution dans le temps d’un
paquet d’onde représentant l’électron dans ce système. La fonction d’onde associée est vi-
sible sur la figure 5.3 pour différents instants t. Nous observons que l’état initial décrit par
Ψ(r, t = 0) s’étale peu à peu suite au comportement métallique du système pour donner
l’état Ψ(r, t2). Après un premier temps caractéristique correspondant au temps de Thouless
tL, lorsque l’extension du paquet d’onde est du même ordre que la taille du système L, celui-ci
est décrit par Ψ(r, t3) qui est totalement délocalisé dans le système. Puis à temps encore plus
long, après le temps de Heisenberg tH = h/∆ (lorsque les effets interférentiels dominent la
dynamique du système), nous constatons l’apparition d’un écho de l’état initial représenté par
l’état Ψ(r, t4). C’est l’écho mésoscopique dynamique.

L’écho observé dans ce système est vu comme un effet mémoire de l’état initial. Celui-ci, une
fois établi, perdure. Le terme dynamique vient du fait que cet effet n’est pas présent aux temps
courts mais apparaît avec un temps caractéristique : le temps de Heisenberg. Il faut cependant
noter que, dans le cas présent, la localisation d’Anderson ne se manifeste pas car la taille du
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Figure 5.3: Vue schématique de l’évolution dans le temps d’un paquet d’onde dans un disque
unitaire désordonné de diamètre L. Figure extraite de [96].

système L est bien inférieure à la longueur de localisation ξ. L’apparition de l’effet mémoire est
due à un tout autre effet que nous expliquons en suivant le raisonnement de Ghosh et al. [98].

Dans le système de Prigodin, la taille finie L du système joue le rôle d’un potentiel de
confinement qui force le système à évoluer à l’intérieur d’une "boîte" de taille L. Cette taille
finie influe sur le temps de Heisenberg du système car l’écart d’énergie moyen entre les ni-
veaux d’énergies ∆ est inversement proportionnel à L2 (∆ ∝ 1/L2). Le temps de Heisenberg
est donc affecté par le confinement géométrique choisi. Le phénomène d’écho mésoscopique
apparaissant au temps de Heisenberg est dans ce cas induit par confinement géométrique.

5.1.3 Signatures du CFS dans un système "infini"

Nous considérons désormais le système représenté par la figure 5.1 de taille L très supérieure à
la longueur de localisation ξ. Les considérations vues dans la section précédente ne s’appliquent
pas dans un tel système. Nous pouvons parler de système "infini" car l’état de la particule
ne verra jamais les bords du système. Dans ce cas, la localisation d’Anderson se manifeste
et le temps de Heisenberg s’écrit explicitement tH = hνξ2 [98] avec ν la densité d’état par
unité de surface du système. Nous constatons ici que c’est la longueur de localisation ξ qui
fixe la durée du temps de Heisenberg tH . La localisation d’Anderson interdit le transport de
la particule plus loin que la longueur de localisation ξ, conséquence des effets interférentiels.
De ce fait, la taille limite que le système peut explorer est ξ. La localisation d’Anderson crée
donc naturellement un confinement spatial de l’ordre de ξ, ce qui permet l’établissement du
CFS. Dans ce cas, nous disons que le CFS est induit par la localisation d’Anderson.

Temps caractéristique d’établissement

La dynamique de l’établissement du pic CFS a été étudiée en détail par Ghosh et al. [98] au
moyen de son contraste (défini vis-à-vis du "fond", là où aucun pic n’est présent). Dans le cas
où la localisation d’Anderson crée le confinement, celui-ci suit l’évolution que nous pouvons
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observer sur la figure 5.4. Contrairement au contraste CBS, CCBS, qui vaut 1 et reste constant ;
le contraste CFS, CCFS, croît dans le temps. Ce dernier est nul au début de la séquence tem-
porelle et croît jusqu’à atteindre sa valeur asymptotique qui égale celle du contraste CBS.

Figure 5.4: Dynamique des contrastes CBS et CFS. Simulation numérique en points verts
et rouges et prédictions analytiques en traits pointillés et pleins. Figure extraite de [98].

Nous pouvons faire plusieurs remarques à ce stade. Puisque le CFS est induit par la loca-
lisation d’Anderson qui crée un confinement spatial, nous pouvons imaginer que le temps
caractéristique de saturation du contraste CFS correspond au temps de confinement donc au
temps de localisation du système. Ainsi, dans un système de taille "infini" (où la longueur
de localisation ξ est inférieure à la taille du système L), la saturation du contraste CFS nous
permet d’évaluer le temps de localisation tloc du système. De plus, une observation du phéno-
mène CFS nous garantit la présence de la localisation d’Anderson dans le système. C’est en ce
sens que le CFS est qualifié de marqueur (genuine signature) de la localisation d’Anderson.

Cette dernière idée a motivé des travaux cherchant à utiliser le CFS comme outil pour évaluer
la localisation d’Anderson notamment dans le cas de la transition d’Anderson 3D [99]. En
effet, lorsque le système est dans la phase localisée, le CFS est présent. Lorsque le système est
dans la phase diffusive, la localisation d’Anderson n’a pas lieu, ce qui implique que le CFS
ne se manifeste pas. Le CFS peut donc jouer le rôle de paramètre d’ordre de la transition
d’Anderson. De plus, les travaux de Ghosh et al [99] montrent que le CFS peut également
être utilisé pour extraire l’exposant critique de la transition d’Anderson.

Résistance à la brisure de symétrie par renversement du temps

Nous avons vu dans le chapitre 4 que lorsque nous brisons la symétrie par renversement du
temps, le système considéré appartient à la classe de symétrie unitaire. La localisation d’An-
derson a toujours lieu dans les systèmes désordonnés unitaires 1D. Nous nous attendons donc
à ce que le CFS, qui est un marqueur de cette localisation, existe également. Malgré ce constat,
nous allons présenter une interprétation, basée sur des chemins particuliers à l’origine du CBS
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et du CFS, permettant de comprendre pourquoi l’un subsiste dans la classe de symétrie uni-
taire et pas l’autre.

Lorsque la symétrie par renversement du temps (Time-Reversal-Symmetry : TRS) est pré-
sente dans le système, des paires de chemins contra-propageants du type de ceux de la figure
5.5 accumulent la même phase et interfèrent constructivement. Lorsque la TRS est brisée, la
phase accumulée par ces deux chemins n’est plus la même et l’interférence n’est plus construc-
tive. C’est pourquoi le phénomène physique CBS disparait dans ce cas.

Le CFS est produit par des chemins plus complexes du type de ceux de la figure 5.5 b. Ces
chemins sont constitués de deux boucles différentes. Cependant, contrairement à ce qui est
observé pour les chemins CBS, les boucles sont parcourues dans le même sens pour le chemin
direct (chemin bleu) et pour le chemin renversé (chemin rouge). Cette propriété fait que peu
importe si le système possède la symétrie par renversement du temps ou non, les deux chemins
représentés sur la figure 5.5 b accumulent toujours la même phase. Ils interfèrent donc toujours
constructivement. C’est la raison pour laquelle, le CFS, à l’inverse du CBS, est robuste à la
brisure de symétrie par renversement du temps.

Figure 5.5: Différents chemins (rouge et bleu) possibles pour une particule quantique dans
un milieu désordonné représenté par des diffuseurs en noir. (a) Paires de chemins à l’origine
du phénomène CBS. (b) Chemins en double boucle plus complexe à l’origine du CFS. Le
chemin rouge réalise la boucle du bas en premier alors que le chemin bleu commence par la
boucle du haut.

5.2 CFS dans le Kicked Rotor

Nous avons vu en section 1.2.5 que le Kicked Rotor était un système désordonné dans lequel la
localisation d’Anderson se manifeste dans l’espace des impulsions. Nous avons également vu en
section 3.3.2 que le Kicked Rotor exhibait des phénomènes de localisation faible (interférences
constructives de boucles de chemins renversés dans le temps). L’ERO est la manifestation de
ces boucles dans l’espace direct (désordonné) tandis que le CBS l’est dans l’espace réciproque.
Les chemins de type CFS présentés précédemment ont également des manifestations dans les
deux espaces. Dans le Kicked Rotor nous nous intéressons à la manifestation des chemins de
type CFS dans l’espace direct (espace désordonné des impulsions). Ceci se traduit par une
augmentation de la probabilité de retourner à l’origine possédant toutes les caractéristiques
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du CFS. Par abus de langage nous l’appelons CFS dans la suite de ce manuscrit. De la même
manière, nous appellerons CBS la contribution ERO observée.

Dans cette partie nous allons présenter les signatures du CFS dans le Kicked Rotor par le
biais de simulations numériques. Nous pointerons les différentes limites du modèle simple du
Kicked Rotor standard qui nous empêchent d’étudier l’effet de la brisure de symétrie sur le
CFS. Nous terminerons avec un paragraphe qui indiquera les limitations expérimentales nous
empêchant d’observer le CFS aussi nettement qu’en simulation numérique.

5.2.1 Simulation numérique et présentation du phénomène

Nous réalisons des simulations numériques à partir du système décrit par l’hamiltonien pré-
senté au chapitre 1 :

Ĥ =
p̂2

2
+K cos x̂

∑

n

δ (t− n) . (5.1)

Figure 5.6: (a) Distribution en impulsion après 10 kicks dans le régime diffusif. Nous obser-
vons un pic de facteur deux comparé au fond gaussien. (b) Distribution en impulsion après
400 kicks dans le régime localisé. Nous observons un pic de facteur trois par rapport au fond
exponentiellement localisé. Les paramètres sont K/k̄ = 30 avec k̄ = 0.8 et on réalise une
moyenne sur 105 valeurs de la quasi-impulsion β.

La figure 5.6 présente les distributions en impulsion issues des simulations numériques (réali-
sées avec une distribution initiale de largeur nulle) dans le régime diffusif (a) et localisé (b). La
figure 5.6 (a) montre la présence du pic de facteur 2 correspondant au CBS décrit au chapitre
3. Sur la figure 5.6 (b) nous observons un pic de facteur 3 par rapport au fond exponentiel-
lement localisé. Nous constatons une contribution supplémentaire au retour à l’origine. C’est
la contribution CFS présente uniquement à temps long, dans le régime localisé.

Afin de vérifier la dynamique de ces deux signaux, nous regardons sur la figure 5.7 le contraste
associé à ce signal de retour à l’origine. Nous constatons que celui-ci croît rapidement à 1 aux
temps courts (environ 5 kicks), dû à la présence du CBS. Puis, lorsque le système évolue
dans le temps, ce contraste croît progressivement jusqu’à la valeur asymptotique de 2. Cette
croissance vient de la contribution CFS et constitue sa première signature.

Avec ce type de Kicked Rotor, les contributions CBS et CFS s’additionnent et sont présentes
à tous les kicks. Nous sommes dans l’incapacité de définir deux contrastes différents à partir
des distributions en impulsion pour séparer les deux contributions.
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Figure 5.7: Contraste en fonction du nombre de kicks défini vis-à-vis du fond. Les paramètres
sont K/k̄ = 30 avec k̄ = 0.8 et la quasi-impulsion est moyennée sur 105 valeurs.

5.2.2 Limitations aux observations des signatures du CFS

Limitation du modèle simple du Kicked Rotor

Pour observer la seconde signature du CFS, nous devons tester la résistance de celui-ci vis-
à-vis de la brisure de la symétrie par renversement du temps. Cependant, dans le système
représenté par l’équation (5.1), il est impossible de briser cette symétrie. Pour contourner
cette difficulté, nous ferons le choix d’utiliser des hamiltoniens plus élaborés du type de ceux
présentés au chapitre 4. Rappelons que ces hamiltoniens modulés dans le temps permettent, en
réglant les propriétés de symétries des séquences de modulations, d’étudier les comportements
du système dans la classe de symétrie orthogonale ou unitaire.

Limitation du système expérimental

Nous avons vu dans la section 5.2.1 que pour observer clairement la dynamique du contraste
CFS dans le Kicked Rotor simple il fallait prendre des valeurs de K/k̄ = 30. Ceci pour que le
temps de localisation soit suffisamment long pour observer la dynamique. Or, nous savons de
la section 2.4.5 que le dispositif expérimental ne peut excéder des valeurs de K/k̄ de l’ordre
de 12 pour cause de décohérence. Il est donc impossible avec ce type d’hamiltonien de se
placer dans les gammes de paramètres expérimentalement accessibles. De plus, nous avons
montré dans la partie 3.3.2 que le fait de réaliser nos expériences avec une distribution initiale
de température de l’ordre du µK rendait l’observation du pic CBS délicate. L’astuce trouvée
dans le chapitre 3 consistait à déclencher l’apparition du CBS un kick sur deux de manière à
réaliser une mesure différentielle et extraire le signal utile. Il est nécessaire de réaliser le même
type de mesure ici pour l’extraction du signal CFS.

Le dispositif expérimental possède de la décohérence. Les phénomènes CBS et CFS sont des
phénomènes interférentiels et sont donc tous les deux affectés par cette décohérence. Celle-ci
diminue de manière exponentielle le contraste CBS dans le temps comme constatée en sec-
tion 3.6.4. Nous allons, ici, être en présence de deux effets qui affectent le contraste CFS : la
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croissance du phénomène dans le temps et la décroissance exponentielle dû à la décohérence.
La compétition de ces deux effets avec des temps caractéristiques inconnus nous empêche
d’identifier clairement l’augmentation du contraste CFS dans le temps.

Pour s’affranchir de ce problème, nous pourrions mesurer le temps de cohérence à partir du
contraste CBS et l’inclure dans le contraste CFS. Cependant, dans le système de l’équation
(5.1), les deux phénomènes CBS et CFS sont superposés sur les distributions en impulsion à
chaque kick. Afin d’estimer correctement le temps de cohérence du système, il est impératif
de dissocier temporellement les deux phénomènes.

Nous pouvons résumer notre cahier des charges expérimentales comme suit :
i) avoir le plus grand temps de localisation possible pour maximiser la dynamique du contraste
CFS ;
ii) avoir le plus petit ratio K/k̄ pour minimiser la décohérence ;
iii) déclencher l’apparition des phénomènes CBS et CFS à des instants différents.

5.3 Contrôle des propriétés du CBS et CFS à l’aide du Kicked
Rotor Quasi-1D modulé périodiquement

Nous avons vu dans la section précédente que le Kicked Rotor standard n’était pas adapté à
l’observation des différentes signatures du CFS. Nous allons montrer dans cette section que
les hamiltoniens modulés temporellement présentés au chapitre 4 sont de bon candidats pour
l’étude de ces signatures. Nous utiliserons l’interprétation de la modulation temporelle comme
dimension synthétique pour expliquer en quoi le signal que nous observons correspond au CBS
dans cette dimension synthétique. De plus, nous verrons que nous sommes capables de dis-
socier temporellement l’apparition du CBS de celle du CFS. Nous utiliserons la vision de la
dimension synthétique pour expliquer cette dissociation. Ceci nous permettra de construire
deux contrastes différents et donc d’observer numériquement le temps de croissance caracté-
ristique du CFS. Nous utiliserons ensuite la polyvalence de ces hamiltoniens modulés pour
étudier le système dans la classe de symétrie unitaire et montrer l’insensibilité du CFS à la
brisure de symétrie par renversement du temps.

5.3.1 CBS en dimensions synthétiques : contrôle des temps d’apparition

Nous rappelons le type d’hamiltonien considéré dans le chapitre 4 :

Ĥ =
p̂2

2
+K(t) cos(x̂+ a(t))

∞∑

n=1

δ (t− n) . (5.2)

Nous allons ici faire un développement dans la cas simple d’un Kicked Rotor uniquement
modulé en amplitude sinusoïdalement, de période N = 5 (ω2 = 2π/5) :

Ĥ =
p̂2

2
+K cos x̂[1 + ε cos(

2πt

5
+ φ2)]

∞∑

n=1

δ (t− n) . (5.3)

Comme nous l’avons vu au chapitre 4 section 4.2.1, la dynamique de cet hamiltonien est la
même que celle d’un Pseudo-Rotor 2D avec pour condition initiale une source plane dans l’es-
pace des impulsions p2. Cette condition initiale, délocalisée en p2, correspond à une condition
initiale parfaitement localisée en x2. Dans le cas du Pseudo-Rotor 2D, la dimension synthé-

79



CHAPITRE 5. DIFFUSION COHÉRENTE VERS L’AVANT "COHERENT
FORWARD SCATTERING"

tique x2 correspond à un cercle. Le système évolue sur ce cercle et est soumis aux kicks lorsqu’il
passe sur les positions x2 données par :

x
[n]
2 = φ2 +

2πn

5
, n ∈ N?, (5.4)

avec n le numéro du kick. Notons que, comme indiqué en section 4.2.2, la position x2(t = 0)
correspond à la phase initiale de la modulation temporelle appliquée φ2. Nous notons t = n−

l’instant juste avant le nème kick et t = n+ l’instant juste après le nème kick. La propagation
libre entre deux kicks se réalise entre l’instant t = n+ et t = (n + 1)−. Le kick n se réalise
entre les instants t = n− et t = n+.

L’opérateur d’évolution du Pseudo-Rotor 2D est défini sur une période N = 1 et est constitué
d’une propagation libre et d’un kick. La propagation libre fait évoluer la position du système
d’une quantité 2π/5 telle que x2(t = 1−) = x2(t = 0+) + 2π/5. Ceci constitue une rotation
sur le cercle d’un angle de 2π/5. Pour ne pas réaliser de kick en t = 0, nous commençons la
séquence à t = 0+ en x2,0 = x2(t = 0+) = φ2 + ε.

Nous donnons un exemple sur la figure 5.8 lorsque la phase φ2 vaut −4π/5. Les points bleus
numérotés représentent les 5 positions explorées par le système lors de l’application des kicks
et le numéro à côté de chaque point correspond au numéro du kick appliqué. Nous positionnons
un carré rouge en x2 à l’endroit correspondant à la position initiale du système en t = 0+.

Figure 5.8: Espace synthétique x2. Les points bleus correspondent aux positions du système
lorsque que celui-ci subit les kicks. Le cercle noir correspond aux positions par lesquelles passe
le système durant les propagations libres. Le carré rouge correspond à la position initiale :
x2,0 = −4π/5 + ε. Le carré vert représente la position symétrique du carré rouge vis-à-vis de
l’axe de symétrie en tirets noirs.
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De la même manière que dans le cas d’une expérience de transmission, dans laquelle le CBS
apparaît en −k0 lorsque le système est préparé avec une condition initiale en +k0, nous
observons le CBS lorsque x2 correspond à la valeur opposée de la condition initiale x2,0. Ceci
revient à respecter la condition de l’équation :

x2,CBS = −x2,0 = −φ2 − ε . (5.5)

Le CBS apparaît en x2,CBS = −φ2 − ε. Cette position est celle indiquée par le carré vert sur
le cercle de la figure 5.8. Elle correspond à l’instant avant le kick 4 modulo 5 et après le kick
3 modulo 5. Autrement dit, le CBS apparaît après l’application du kick 3 modulo 5.

Les prédictions faites par Karpiuk et al. [25] nous indiquent que le CFS apparaît comme un
écho de la distribution initiale dans l’espace des vecteurs d’onde. Cette prédiction se traduit
ici par le fait que nous observons le CFS comme un écho de la position initiale en x2. Ainsi, il
apparaîtra toujours lorsque le système se trouve à la valeur de x2 correspondant à la position
initiale du système soit :

x2,CFS = φ2 + ε . (5.6)

La position du CFS en x2 correspond à l’instant juste avant le kick 1 modulo 5 et juste après
le kick 5 modulo 5. Autrement dit, le CFS apparaîtra après l’application du kick 5 modulo 5
c’est à dire à la période temporelle N = 5 du système.

Figure 5.9: Séquence de modulation d’amplitude K(t) de période N = 5 avec φ2 = −4π/5.
En traits pleins verticaux noirs sont positionnés deux axes de symétrie. Les doubles flèches
horizontales noires représentent les positions symétriques de l’origine vis-à-vis des différents
axes de symétries.

La vision portant sur la dimension synthétique x2 de la figure 5.8 nous permet de comprendre
où se situe le CBS en fonction de la phase de la modulation initiale φ2 du système. Nous
présentons une autre vision basée sur la symétrie de la séquence de modulation temporelle
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K(t). La figure 5.9 présente la séquence de modulation K(t) de période N = 5 avec la même
phase φ2 = −4π/5 que celle choisie précédemment. Deux axes de symétries sont placés en
noir sur cette figure au niveau du kick 2 et entre les kicks 4 et 5. De manière générale, Le
CBS apparaît après les kicks symétriques de l’origine vis-à-vis des axes de symétries existant
dans la séquence K(t). Dans ce cas particulier, le CBS se manifeste après le kick 3 et après
le kick 8. Le système étant périodique de période N = 5 le CBS apparaît aux kicks 3 modulo
5. Nous constatons la compatibilité des deux visions (dimension synthétique et modulation
d’amplitude temporelle) vis-à-vis des positions du CBS. Notons que tous les axes de symétrie
de la séquence de modulation K(t) représentés sur la figure 5.9 se réunissent en un seul
représenté en tirets noirs sur la figure 5.8.

5.3.2 Simulation numérique pour un Kicked Rotor Quasi-1D

Classe orthogonale

Dans le but de vérifier l’interprétation et les prédictions précédentes, nous allons réaliser une
simulation numérique du système (5.3) dans le cas où la phase initiale de la modulation vaut
φ2 = −4π/5 ce qui correspond au cas de la figure 5.8. La figure 5.10 présente l’évolution de
Π0 (population dans la classe d’impulsion nulle) en fonction du nombre de kicks appliqués.
Nous observons dès le début de la séquence, des pics de grande amplitude aux kicks 3 modulo
5 (voir inset pour la position temporelle des pics). Ces pics correspondent au signal CBS. La
prédiction réalisée dans la section précédente, c’est à dire l’apparition du CBS aux kicks 3
modulo 5, est bien vérifiée. Nous observons également des pics aux kicks 5 modulo 5 qui ont
une amplitude très faible au début de la séquence de kicks et qui croît dans le temps. Ces pics
correspond au signal CFS comme attendu.

Figure 5.10: Simulation numérique de l’évolution de Π0 en fonction du nombre de kicks
appliqués dans le cas de l’hamiltonien (5.3). Inset : zoom de la figure sur la plage 50 à 70
kicks. Les paramètres sont ε = 0.5, k̄ = 0.8, K/k̄ = 10, φ2 = −4π/5 et on réalise une moyenne
sur 105 valeurs de la quasi-impulsion β.

Le fait que les deux phénomènes soient séparés temporellement nous permet de définir des
contrastes indépendants pour chaque contributions. Nous utilisons les valeurs de Π0 associées
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aux kicks 1, 2 et 4 (modulo 5) pour évaluer le fond incohérent car les distributions en impulsion
à ces kicks ne présentent ni CBS ni CFS. Les contrastes sont donc définis selon les équations :

CCBS :=
Π0,CBS −Π0,inc

Π0,inc
,

CCFS :=
Π0,CFS −Π0,inc

Π0,inc
.

(5.7)

Avec Π0,CBS les valeurs de Π0 associées aux kicks où il y a le CBS (les kicks 3 modulo 5 dans
notre cas), Π0,CFS les valeurs de Π0 associées au kick où il y a le CFS (les kicks 5 modulo 5)
et Π0,inc la moyenne des Π0 aux kicks où il y a aucune contribution CBS ou CFS (les kicks 1,
2, 4 modulo 5). Les contrastes seront toujours définis de manière similaire dans la suite de ce
manuscrit.

Figure 5.11: Simulation numérique du contraste du pic CBS en vert et CFS en rouge en
fonction du nombre de kicks appliqués. Les paramètres sont ε = 0.5, k̄ = 0.8, K/k̄ = 10,
φ2 = −4π/5 et on réalise une moyenne sur 105 valeurs de la quasi-impulsion β.

Nous voyons sur la figure 5.11 que le contraste CBS est maximum et vaut 1 dès le début de la
séquence de kicks. Le contraste CFS est nul au début de cette dernière et croît jusqu’à atteindre
la valeur du contraste CBS aux temps longs. Nous constatons ici les mêmes comportements
des contrastes que ceux observés par Ghosh et al. dans leur article de 2014 [98].

Classe unitaire

Afin de tester l’insensibilité du CFS à la brisure de symétrie par renversement du temps,
nous allons prendre une valeur de φ2 telle que le système (5.3) appartienne à la classe de
symétrie unitaire. Pour ce faire, nous avons vu au chapitre 4 qu’il fallait que la séquence de
modulation K(t) ne possède pas d’axe de symétrie. Comme nous pouvons le voir sur la figure
5.12, pour la valeur φ2 = −3.5π/5, la séquence K(t) ne possède pas d’axe de symétrie. Le
système appartient bien à la classe de symétrie unitaire.
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Figure 5.12: Séquence de modulation K(t). Les paramètres sont ε = 0.8, K = 8 et φ2 =
−3.5π/5.

La figure 5.13 présente une simulation numérique montrant l’évolution de Π0 en fonction du
nombre de kicks lorsque le système appartient à la classe de symétrie unitaire. Nous constatons
que le pic CBS n’est plus présent. En effet, celui-ci est créé par des paires de chemins qui
interfèrent constructivement uniquement si la symétrie par renversement du temps existe dans
le système. Cette symétrie étant brisée, l’interférence constructive n’existe plus. Cependant,
nous observons toujours des pics dont l’amplitude croît dans le temps aux kicks 5 modulo
5. Ces pics correspondent au signal CFS qui lui est robuste à la brisure de symétrie par
renversement du temps.

Figure 5.13: Simulation numérique de l’évolution de Π0 en fonction du nombre de kicks
appliqués dans le cas de l’hamiltonien 5.3. En inset, un zoom de la figure sur la plage 50 à
70 kick. Les paramètres sont ε = 0.5, k̄ = 0.8, K/k̄ = 10, φ2 = − = 3.5π/5 et on réalise une
moyenne sur 105 valeurs de la quasi-impulsion β.
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La figure 5.14 présente le contraste CFS (CBS) associé aux valeurs de Π0 en rouge (vert). Le
contraste CBS est nul durant toute la séquence de kicks tandis que le contraste CFS croît
dans le temps.

Figure 5.14: Simulation numérique du contraste du pic CBS en vert et CFS en rouge en
fonction du nombre de kicks appliqués. Les paramètres sont ε = 0.5, k̄ = 0.8, K/k̄ = 10,
φ2 = −3.5π/5 et on réalise une moyenne sur 105 valeurs de la quasi-impulsion β.

Nous pouvons conclure cette partie en écrivant que les hamiltoniens modulés dans le temps
du type de (5.2) permettent d’observer les deux signatures du CFS :
i) le temps caractéristique d’apparition ≈ tloc ;
ii) la résistance à la brisure de symétrie par renversement du temps.

5.4 Premières observations expérimentales du CFS

La section précédente a présenté numériquement les deux signatures possibles du CFS (crois-
sance avec le temps de localisation et résistance à la brisure de symétrie) pour un hamiltonien
périodique et modulé dans le temps. Nous allons voir maintenant comment il est possible
d’avoir accès à ces signatures expérimentalement malgré les contraintes exposées en section
5.2.2.

5.4.1 Contraintes expérimentales

1) Les chapitres 2 et 3 montrent que l’un des principaux problèmes expérimentaux est la
décohérence qui est proportionnelle à K/k̄. Le chapitre 3 explique également que cette déco-
hérence joue sur l’ERO (équivalent au CBS ici) en diminuant exponentiellement l’amplitude
du signal détectée avec un temps caractéristique de cohérence τφ. Cette diminution exponen-
tielle affecte également l’amplitude du signal CFS car ce dernier est également produit par
des effets interférentiels. Pour pouvoir observer la dynamique du CFS malgré la présence de
décohérence nous devons choisir des faibles valeurs de K/k̄ dans le but de maximiser le temps
de cohérence τφ. Cependant, aux faibles valeurs de K/k̄ correspondent des faibles valeurs du
temps de localisation tloc. Or, nous voulons avoir un tloc suffisamment grand pour observer la
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croissance du contraste CFS dans le temps. Pour résoudre ce problème nous allons choisir un
hamiltonien de période N grande ce qui permet d’avoir un grand temps de localisation tloc
pour des valeurs faibles de K/k̄. La première contrainte expérimentale à respecter est :

tloc << τφ. (5.8)

2) Par ailleurs, afin de résoudre correctement la dynamique, il est important que le temps
de localisation du système soit supérieur à la période N choisie. Ceci constitue la seconde
contrainte :

tloc > N. (5.9)

3) Le chapitre 3 montre que le signal ERO observé est convolué avec l’état initial du système.
La température non nulle de la distribution en impulsion initiale fait que l’amplitude du si-
gnal ERO observée expérimentalement est plus petite que celle observée dans les simulations
numériques (lors des simulations numériques, la distribution en impulsion initiale prise est
un delta de Dirac ce qui correspond à une température nulle des atomes). Ce problème se
retrouve immanquablement sur l’observation du pic CFS. Pour observer les signaux CFS aux
temps longs (t > tloc), là où la décohérence est la plus importante, nous devons avoir des
signaux les plus importants possible. Pour ce faire, nous devons commencer nos expériences
avec une distribution en impulsion la plus fine possible et donc avec des atomes les plus froids
possible. Nous utiliserons le dispositif réseau présenté en section 2.5 qui nous permet de com-
mencer les expériences avec un échantillon d’atomes à une température de T = 400 nK. Le
nombre d’atomes disponibles pour l’expérience est faible avec ce dispositif ce qui nécessite un
moyennage expérimentale important donc un temps long d’acquisition de données.

La réunion de ces trois contraintes nous oblige à prendre un hamiltonien légèrement différent
du modèle simple de période 5. Le candidat retenu est :

Ĥ =
p̂2

2
+K cos x̂[1 + cos

(
2π(t− 1)

5

)
]
∑

n

δ (t− 2n)

+K cos(x̂+ a)[1 + cos

(
2π(t− 1)

5
+ b

)
]
∑

n

δ (t− 2n+ 1) .

(5.10)

Nous avons une modulation d’amplitude de période 5 associée à une modulation de phase
de période 2. La période du système est donc de N = 10. Une simulation numérique de cet
hamiltonien avec K/k̄ = 1.5 nous indique que le temps de localisation vaut tloc ≈ 50 kicks.
De plus, la décohérence étant proportionnelle à K/k̄ nous estimons que pour K/k̄ = 1.5,
le temps de cohérence (qui lui est inversement proportionnel à K/k̄) vaut τφ ≈ 300 kicks
(puisque pour K/k̄ = 8, τφ ≈ 60 kicks). Avec ces paramètres, nous respectons les contraintes
(5.8) et (5.9). De plus, pour des valeurs de b multiples de 2π/5, la séquence de modulation
temporelle est symétrique et le CBS peut être observé. En réalisant les équivalences du cha-
pitre 4 appliquées à l’hamiltonien expérimental (5.10), nous pouvons trouver les positions
temporelles où apparaissent le CBS. Nous choisissons de résumer ces temps d’apparition dans
le tableau suivant :
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b (en unité de 2π) Apparition du CBS après le kick numéro
0 6 modulo 10

-0.2 2 modulo 10
-0.4 8 modulo 10
-0.6 4 modulo 10
-0.8 0 modulo 10

Notons qu’il est impossible d’observer un pic CBS sur un numéro de kick impair. Ceci est dû
à la présence d’un saut de phase a un kick sur deux qui détruit l’accord de phase entre les
chemins à l’origine du CBS (voir section 3.4.2).

5.4.2 Première observation expérimentale du CFS

Nous utilisons la méthode de soustraction de signal, expliquée au chapitre 2, pour extraire les
distributions en impulsion. Nous observons sur la figure 5.15 trois distributions en impulsion
correspondant à des temps courts t < tloc. Nous constatons la présence d’un pic CBS en
vert important après le kick 26. En bleu est représenté le fond incohérent au kick 35. Nous
observons également au kick 30 un petit pic CFS en rouge se distinguant du fond mais étant
inférieur au signal CBS. La contribution CFS est plus faible que la contribution CBS. Cela
est attendu puisque nous sommes à des temps courts comparés au temps de localisation.

Figure 5.15: Distributions en impulsion expérimentales aux temps courts. Inset : zoom de
la partie centrale. Les paramètres sont b = 0, K/k̄ = 1.55 moyennés (ce type de moyennage
résout avec une autre méthode les problèmes d’oscillations rencontrés au chapitre 6) sur 31
valeurs de k̄ comprises entre 1.5 et 2.9.

Nous pouvons voir sur la figure 5.16 trois distributions d’impulsion expérimentales aux temps
longs t > tloc. Nous constatons que l’amplitude du pic CFS présent sur la courbe rouge est
égale à l’amplitude du signal CBS de la courbe verte. L’égalisation des deux contributions ne
se produisant que lorsque la localisation d’Anderson est totalement établie, ceci confirme que
nous sommes dans le régime localisé.
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Figure 5.16: Distributions en impulsion expérimentales pour t > tloc. Inset : zoom de la partie
centrale. Les paramètres sont b = 0, K/k̄ = 1.55 moyenné sur 31 valeurs de k̄ comprises entre
1.5 et 2.9.

Dans le but de voir la dynamique de ces signaux, nous traçons sur la figure 5.17 l’évolution
de Π0 en fonction du nombre de kicks appliqués. En rouge (vert), nous avons placé des points
correspondant aux valeurs de Π0 sur les kicks où le CFS (CBS) est présent. Nous constatons
l’augmentation progressive du signal CFS, symbolisé par des points rouges.

Figure 5.17: Évolution expérimentale de Π0 en fonction du nombre de kicks appliqués par
pas de 2. En points rouges (verts) les valeurs de Π0 lorsque le pic CBS (CFS) est présent.
Inset : zoom sur la partie de 52 à 72 kicks. Les paramètres sont b = 0, K/k̄ = 1.55 moyennés
sur 31 valeurs de k̄ comprises entre 1.5 et 2.9.
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Afin de rendre ce caractère plus visible et dans l’optique de comparer la croissance du contraste
CFS expérimental avec la théorie, nous allons créer des contrastes à partir des valeurs de Π0

en prenant les définitions des équations (5.7). Sur la figure 5.18 nous voyons en points verts
l’évolution du contraste expérimental CBS : CCBS(t). Nous constatons que ce contraste est
maximum au début de la séquence de kick puis décroît. Cette décroissance est une conséquence
de la décohérence existant dans le dispositif expérimental. Comme montré dans la section
3.6.4, cette décroissance est bien décrite par une forme exponentielle. En réalisant un fit de
la décroissance du contraste CBS par une forme qui suit l’équation (5.11) nous extrayons un
temps de cohérence τφ ainsi que l’amplitude initiale du contraste C0.

CCBS(t) = C0e
−t/τφ . (5.11)

Figure 5.18: Contraste CBS (CFS) en points verts (rouges). Les courbes en tirets sont des
fits à un paramètres correspondant aux formes (5.11) pour le CBS et (5.13) pour le CFS. Les
paramètres expérimentaux sont b = 0, K/k̄ = 1.55 moyenné sur 31 valeurs de k̄ comprises
entre 1.5 et 2.9. Ce moyennage résout les problèmes d’oscillations rencontrés au chapitre 6
avec une méthode différente

Nous obtenons C0 = 0.45. Cette valeur de C0 est plus importante que ce que observons aux
temps très courts. Ceci est dû aux limites du système de détection (voir section 2.3.1) qui
nous empêchent de résoudre parfaitement la finesse du pic CBS. Le fit nous donne également
accès au temps de cohérence qui vaut τφ = 190 kicks.

Nous constatons sur la figure 5.18 que le contraste CFS expérimental CCFS(t), représenté en
points rouges, croît à partir de 0 aux temps courts jusqu’à rejoindre la valeur du contraste
CBS aux alentours du kick 200. Il décroît ensuite de manière exponentielle tout comme le
contraste CBS à cause de la décohérence. À l’opposé du pic CBS, le pic CFS a besoin de la
localisation forte d’Anderson pour croître avec un temps caractéristique qui est le temps de
localisation. La dépendance temporelle de la dynamique du contraste CFS a été prédite dans
la classe unitaire par Micklitz et al. [100]. Cette dynamique est décrite par l’expression de
la formule :
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CCFS(t) = C0I0

(
2tloc

t

)
e−2tloc/t, (5.12)

et n’a jamais été étudié expérimentalement. Seules des études numériques ont été réalisées
par Lemarié et al. [101]. Dans cette formule, I0 correspond à la fonction de Bessel modifiée
d’ordre 0 [102]. Dans le but de prendre en compte la décohérence, nous ajoutons à cette
formule une décroissance exponentielle avec un temps de cohérence τφ pour obtenir :

CCFS(t) = C0I0

(
2tloc

t

)
e−2tloc/te−t/τφ . (5.13)

L’amplitude C0 correspond au maximum de l’amplitude du signal CFS. Cette quantité est
égale à l’amplitude du signal CBS aux temps courts. Le fit par la formule (5.11) des données
expérimentales relatives au CBS nous a permis d’évaluer la valeur de C0 à 0.45. De plus, nous
avons vu sur la figure 5.18 que les deux contrastes CBS et CFS aux temps très longs suivent
la même dynamique et tombent exponentiellement à 0 à cause de la décohérence. Ceci montre
expérimentalement que la décohérence ressentie par le CFS est la même que celle ressentie
par le CBS. Nous prendrons donc τφ = 190 kicks comme temps de cohérence caractéristique
du CFS. La ligne en tiret rouge sur la figure 5.18 représente un fit à 1 paramètre du contraste
CFS par la formule (5.13). Ce fit nous donne accès au temps de localisation du système (pa-
ramètre du fit) qui est évalué à tloc,ortho = 16 kicks.

Nous constatons que la forme du contraste de l’équation (5.13) décrit bien celui mesuré ex-
périmentalement. De plus, nous mettons en évidence ici la croissance du signal CFS induit
par la localisation d’Anderson démontrant ainsi expérimentalement la première signature du
CFS.

5.4.3 Deuxième signature du CFS : insensibilité à la brisure de symétrie
par renversement du temps

l’hamiltonien (5.10) peut appartenir à la classe de symétrie orthogonale ou unitaire en fonc-
tion des valeurs de b choisies. Nous avons vu en section 4.3 que ce type d’hamiltonien était
équivalent à un système Anderson quasi-1D possédant une géométrie en forme de nanotube.
Lorsque le système appartient à la classe de symétrie unitaire, un flux Aharonov-Bohm artifi-
ciel ΦAB non nul modulo π existe dans ce nanotube, ce qui brise l’accord de phase nécessaire
à l’établissement du CBS. Ce flux est directement relié à la valeur de b choisie et s’exprime
comme :

ΦAB =
5

2
b (mod. π). (5.14)

Nous pouvons voir sur la figure 5.19 (a) la séquence de modulation K(t) lorsque b = −3π/5.
Dans ce cas, K(t) ne possède pas d’axe de symétrie. De plus, le flux Aharonov-Bohm est non
nul et vaut ΦAB = −π/2 (mod. π). Le système appartient à la classe de symétrie unitaire.
La figure 5.19 (b) présente le cas d’une modulation de K(t) lorsque b = −2π/5. Un axe de
symétrie est présent entre les kicks 1 et 2, ce qui fait que le système appartient à la classe de
symétrie orthogonale. Dans ce cas, le flux Aharonov-Bohm est nul.

Nous nous plaçons dans le cas b = −3π/5. La figure 5.20 présente l’évolution de Π0 en fonction
du nombre de kicks appliqués. Nous constatons la présence d’un seul pic au kick 10 modulo 10.
Ce pic correspond au signal CFS. La présence d’un flux Aharonov-Bohm non nul n’affecte pas
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Figure 5.19: Modulations d’amplitude de l’hamiltonien représenté par l’équation (5.10). (a)
séquence lorsque b = −3π/5, il n’y a pas d’axe de symétrie (classe de symétrie unitaire). (b)
séquence lorsque b = −2π/5, il y a un axe de symétrie (classe de symétrie orthogonale).

le signal CFS. Celui-ci est donc robuste vis-à-vis de la brisure de symétrie par renversement
du temps comme le prévoit la théorie.

Figure 5.20: Évolution expérimentale de Π0 en fonction du nombre de kicks appliqués par pas
de 2 kicks. En point rouges les valeurs de Π0 lorsque le pic CFS est présent sont représentées par
les points rouges. Inset : zoom sur la partie de 52 à 72 kicks. Les paramètres sont b = −3π/5,
K/k̄ = 1.55 moyenné sur 31 valeurs de k̄ comprises entre 1.5 et 2.9.

En plus de nous intéresser à cette persistance du CFS dans la classe unitaire, nous vou-
lons comparer la dynamique de son contraste à la prédiction théorique issue de l’article de
Micklitz et al. [100]. De la même manière que précédemment, le contraste CFS en présence
de décohérence suit l’évolution de l’équation (5.13). Les expériences réalisées dans la classe
unitaire ont été faites avec les mêmes valeurs de paramètre K/k̄ que dans la classe orthogonale
où nous relevions un temps de cohérence de τφ = 190. Le changement de classe de symétrie
n’influant pas sur la décohérence du système expérimental, nous estimons que cette quantité
est la même lors des expériences menées dans la classe unitaire. De plus, la valeur de l’am-
plitude maximum du contraste CFS, C0, ne dépend que de la température de la distribution
initiale. Ce réglage n’étant pas modifié entre les expériences orthogonales et unitaires, nous
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considérons que C0 est le même que dans les cas des expériences réalisées précédemment soit
C0 = 0.45.

Figure 5.21: Contraste CFS expérimental (points rouges). La courbe en tirets est un fit
à un paramètre (le temps de localisation) correspondant à la forme (5.13). Les paramètres
expérimentaux sont b = −3π/5, K/k̄ = 1.55 moyenné sur 31 valeurs de k̄ comprises entre 1.5
et 2.9.

La figure 5.21 présente le contraste CFS expérimental (points rouges) et le fit à un paramètre
par la formule (5.13) (tirets rouges) avec C0 = 0.45 et τφ = 190. Nous constatons que le
contraste croît jusqu’au kick 100. Il décroît ensuite de manière exponentielle à cause de la
décohérence. L’accord entre la forme théorique et les données expérimentales est bon. Nous
pouvons extraire un temps de localisation à partir de ce fit, il vaut tloc,unit = 40 kicks. Nous
constatons que ce temps de localisation est augmenté par rapport à celui extrait lors de l’ex-
périence orthogonale : tloc,unit ≈ 2tloc,ortho. Cette augmentation du temps de localisation est
attendue lors d’un passage de classe orthogonale à unitaire selon la théorie [103].

Suite à cette analyse du contraste CFS, nous avons cherché à regarder plus en détail l’effet
de la brisure de symétrie sur le contraste CBS lorsque nous passons "progressivement" d’un
hamiltonien orthogonal à un hamiltonien unitaire. Pour étudier ce point, nous observons les
contrastes CBS et CFS pris à 70 kicks en faisant varier la valeur de b entre b = −π/5 et
b = −3π/5. Cela revient à faire varier continûment la valeur du flux Aharonov-Bohm artificiel
entre ΦAB = −π/2 et ΦAB = π/2.

La figure 5.22 présente les différents contrastes. Nous voyons que le contraste CBS est maxi-
mum lorsque ΦAB = 0. Il décroît ensuite progressivement lorsque ΦAB s’écarte de la valeur
nulle. Cette décroissance progressive s’explique par le fait que plus le flux ΦAB est important,
plus le nombre de chemins CBS déphasés à cause ce flux est grand. C’est pourquoi un écarte-
ment progressif de ΦAB de la valeur 0 réduit de plus en plus le contraste CBS. Quoi qu’il en
soit, le contraste CFS est quasiment insensible à la valeur de ce flux. Il est donc robuste à la
brisure de symétrie par renversement du temps.
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Figure 5.22: Évolution des contrastes en fonction des différentes valeurs de ΦAB pris au-
tour du kick 70. Les lignes pointillées représentent les simulations numériques associées aux
paramètres expérimentaux. Les paramètres sont K/k̄ = 1.55 moyennés sur 31 valeurs de k̄
comprises entre 1.5 et 2.9.

Conclusion : Dans ce chapitre, nous avons mis en évidence expérimentalement une nouvelle
signature interférentielle de la localisation d’Anderson : le CFS. Au moyen d’une ingénierie
d’hamiltonien développée tout au long de cette thèse, nous avons observé les deux propriétés
principales de cette signature. Tout d’abord, la croissance de son contraste avec un temps
caractéristique qui est le temps de localisation tloc. La forme de cette croissance est compatible
avec les prédictions théoriques. Puis, à l’inverse du CBS, nous observons la résistance du
phénomène à la présence d’un flux Aharonov-Bohm artificiel non trivial brisant la symétrie
par renversement du temps.
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Chapitre 6

Etude expérimentale des propriétés
d’échelle du Kicked Rotor
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L’étude des phénomènes de transport d’électron dans les solides désordonnés à basse tempé-
rature a montré que la conductance adimensionnée du système g = Gh/e2 (définie à partir de
la conductance G = 1/R où R est la résistance) variait de manière universelle avec la taille
L de ce dernier. Le terme "universel" veut dire que pour un système donné, la variation de g
avec la taille du système L est indépendante des détails microscopiques de ce système. Cette
variation est décrite par la fonction :

β(g) :=
d ln g

d lnL
, (6.1)

qui ne dépend explicitement que d’un paramètre : la conductance adimensionnée g du système
[3]. Dans les milieux désordonnées, lorsque le système préserve sa cohérence, le transport est
affecté par la présence de phénomènes interférentiels à l’origine des effets de localisation faible
étudiés dans le chapitre 3 et 5 de ce manuscrit de thèse. Un système dans lequel il existe les
phénomènes physiques ERO et CBS possède une diffusion globale plus faible qu’en l’absence
de ces derniers. β(g) se révèle être un outil très pertinent pour mesurer la nature et les formes
des corrections apportées à la diffusion d’électron dans un solide désordonné par ces effets
interférentiels.

Dans la limite des très faibles désordres, le comportement du système de dimension 1 tend
vers celui d’un métal. Il suit la loi d’Ohm et possède une conductance G = σ/L (avec σ la
conductivité du métal considéré). La conductance adimensionnée correspondant à ce système
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est g = σh/Le2. La valeur de β(g) associée en prenant la définition (6.1) vaut -1. Ceci consti-
tue la première limite de la fonction β(g) dans le cas où la conductance est très grande :
g → ∞. Cette grande conductance correspond à un comportement diffusif du système. La
seconde limite se situe dans le cadre d’un très fort désordre. Dans ce cas, le système localise
très rapidement, la conductance g est très petite et β(g) → −∞. Entre ces deux limites, le
comportement de la fonction β(g) dépend uniquement de la classe de symétrie à laquelle ap-
partient le système. Les propriétés de symétries du système influent directement sur la forme
des corrections à la diffusion qui sont évaluées par la fonction β(g). Durant cette thèse, nous
avons considéré deux classes de symétries différentes, la classe de symétrie orthogonale et la
classe de symétrie unitaire, auxquelles nous associons deux fonctions β(g) différentes.

Nous commencerons dans ce chapitre par faire un bref rappel historique replaçant la fonction
β(g) dans son cadre originel. Nous utiliserons une approche théorique développée récemment
pour définir des fonctions β(g) dans le cadre du Kicked Rotor. Nous montrerons qu’il existe
dans le Kicked Rotor, des corrélations entre kicks qui masquent totalement le comportement
global du transport mesuré par la fonction β(g). Nous introduirons une nouvelle méthode per-
mettant de nous affranchir de ces corrélations. Nous illustrerons cette méthode en comparant
expressions analytiques, simulations numériques et données expérimentales. S’affranchir de
ces corrélations nous permettra d’extraire, à partir des données expérimentales, une fonction
β(g) pour le Kicked Rotor pour la première fois. Il sera alors possible d’étudier des fonctions
β(g) correspondant à des classes de symétries différentes. Nous démontrerons expérimenta-
lement l’universalité de ces fonctions en réalisant plusieurs mesures avec différents jeux de
paramètres variant ainsi les détails microscopiques du système.

6.1 Loi d’échelle à un paramètre : expression de la fonction β(g)

Les idées des chercheurs connus sous le nom de la bande des 4 suivant les travaux de Thouless[55]
ont permis de développer une théorie basée sur le groupe de renormalisation aboutissant à la
théorie d’échelle à un paramètre de la localisation [3]. Cette théorie définit la fonction β(g)
pour différentes dimensions dans la classe de symétrie orthogonale. Les principaux messages
de cette théorie sont les suivants : lorsque que la fonction β(g) est négative, le système est
isolant ce qui correspond, dans le contexte du désordre quantique, à la présence du phénomène
de localisation d’Anderson. Cette absence de diffusion se produit toujours dans des milieux
désordonnés 1D et 2D. Dans un milieu 3D, le système réalise une transition de phase du
seconde ordre (appelée transition métal-isolant d’Anderson) entre des états localisés corres-
pondant à β(g) négatif et des états diffusifs ou étendus lorsque β(g) est positif. Le cas β(g) = 0
correspond au point critique de cette transition de phase.

Nous pouvons voir sur la figure 6.1 les différents comportements de β(g) pour les 3 dimen-
sions précédemment considérées. Cet engouement théorique a motivé des études numériques
des évolutions de β(g) en fonction de la dimensionalité du système [104]. Ces études confirment
les prédictions théoriques de [55]

Les travaux de Brézin [4] sur le modèle sigma non linéaire avec invariance de jauge en
1980 ont permis une première prédiction théorique des comportements de la fonction β(g)
entre les deux limites introduites par Abrahams et al. D’autres travaux ont été publiés à la
suite de celui-ci [105, 106, 107]. Nous nous contentons de rappeler les principales prédictions
concernant la variation de β en fonction de g dans les deux classes de symétries orthogonale
(O) et unitaire (U) :
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Figure 6.1: Prédictions théoriques, pour trois dimensions, des différentes évolutions de la
fonction β(g) en fonction de ln g pour un système Anderson orthogonal. Figure extraite de
[3].

βO(g) = d− 2− 1

g
+ · · ·,

βU (g) = d− 2− 1

2g2
+ · · ·,

(6.2)

avec d la dimension du système. Les points de suspensions veulent dire qu’il existe des contri-
butions d’ordres supérieurs qui ne sont pas explicitement connues. Nous constatons que les
comportements de β(g) représentés par les équations (6.2) sont compatibles avec les prédic-
tions de Abrahams et al.. En dimension 1 et 2, β(g) est toujours négatif. En dimension 3,
β(g) peut être positif ou négatif.

La variation en 1/g dans βO(g) est directement liée à l’existence de la symétrie par ren-
versement du temps dans le système. En effet, la présence de la Time-Reversal-Symmetry
(TRS) permet à des paires de chemins directs et renversés (présentés au chapitre 3) d’inter-
férer constructivement pour créer les effets CBS et ERO. Ces phénomènes sont à l’origine de
la correction à la diffusion exprimée dans la fonction β(g) sous forme 1/g. C’est pourquoi
le comportement de βU (g) dans la classe unitaire, dépourvue de la TRS, ne possède pas de
terme en 1/g.

6.2 Gaz d’atomes froids avec désordre spatial

Les possibilités techniques amenées par les expériences d’atomes froids évoluant dans des po-
tentiels lumineux ont motivé des analyses théoriques et numériques des propriétés de transport
dans ce type de système. Cherroret et al. [108] ont défini des quantités analogues à g et L
pour un gaz de bosons avec désordre spatial.
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Dans un système où un paquet d’onde, initialement localisé dans l’espace des positions, s’étale
dans un potentiel spatial désordonné, la localisation d’Anderson se manifeste 1 dans l’espace
des positions. Nous observons dans ce cas une saturation de l’expansion quadratique moyenne
de la fonction d’onde 〈r2〉 à temps long. Les définitions prises par Cherroret et al. en
analogie avec [3] sont :

L =
√
〈r2〉,

G =
〈r2〉 d2
t

,
(6.3)

avec d la dimension du système et t le temps d’expansion du paquet d’onde dans le potentiel.

6.3 Loi d’échelle à 1 paramètre dans le Kicked Rotor

Nous allons étudier notre système quantique désordonné (le Kicked Rotor) en adaptant l’ap-
proche de loi d’échelle de Cherroret et al. [108]. Nous transposerons la définition (6.3) dans
le contexte du Kicked Rotor.

6.3.1 Gaz d’atomes froids en régime de localisation dynamique

Comme nous l’avons vu dans les chapitres précédents, la localisation d’Anderson existe dans
le Kicked Rotor dans l’espace des impulsions. Nous observons une saturation de l’énergie
cinétique donc de 〈p2〉 en fonction du temps (nombre de kicks). La taille du système représenté
par L =

√
〈r2〉 dans les équations (6.3) devient dans le cadre Kicked Rotor L =

√
〈p2〉. Nous

aboutissons aux équations :

L =
√
〈p2〉,

G =
〈p2〉 d2
t

.
(6.4)

Examinons si les définitions de L et G proposées par Cherroret et transposées dans le
cadre du Kicked Rotor sont pertinentes. Pour vérifier ce point, nous regardons les limites de
la fonction β(G) en dimension d = 1. Dans la limite des faibles désordres, le Kicked Rotor
possède une dynamique diffusive aux temps courts d’où 〈p2〉 = 2Dt/k̄2 avec D le coefficient
de diffusion initial qui est une constante. 2 Dans ce cas, d lnG = −d ln

√
t et d lnL = d ln

√
t

d’où β(G) = −1. Nous retrouvons la limite mentionnée dans l’introduction lorsque le système
se comporte comme un métal et suit une loi d’Ohm. Dans l’autre limite (aux temps longs,
bien après le temps de localisation tloc), le système est parfaitement localisé, G −→ 0 et
β(G) −→ −∞. Les formules (6.4) semblent donc adaptées au Kicked Rotor dans l’optique de
définir une fonction β(G) pour ce système.

À partir de l’article de Tian et al. [87], il est possible d’établir les fonctions β(G) orthogonale
et unitaire pour le Kicked Rotor 3 avec les définitions des équations (6.4) en dimension 1. Nous
obtenons :

1. Les conditions expérimentales d’une telle manifestation sont détaillées dans la thèse de Juliette Billy
[109]

2. Nous rappelons que le coefficient de diffusion est défini comme D := 〈p2〉/2t et que le lien entre p et p
est p = p/k̄. Nous avons donc D = k̄2〈p2〉/2t.

3. Les calculs concernant ces démonstrations feront l’objet d’une publication ultérieur.
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βO(G) = −1− 4
√

2

3
√
π

1

G
+ · · ·,

βU (G) = −1− 1

2

1

G2
+ · · ·,

(6.5)

Nous constatons bien la présence du terme en 1/G dans la classe orthogonale. De la même
manière que dans le cas des équations (6.2), les points de suspensions signifient qu’il existe
des contributions d’ordres supérieurs (en 1/G2 dans la classe orthogonale par exemple) qui
ne sont pas explicitement connues.

6.3.2 Dynamique de l’énergie cinétique pour un Kicked Rotor standard

Nous allons réaliser des simulations numériques dans le cas du Kicked Rotor standard de
période N = 1 sans modulation de phase (a(t) = a) et sans modulation d’amplitude (K(t) =
K). L’évolution typique de 〈p2〉 est celle représentée par la courbe bleue sur la figure 6.2. La
courbe noire représente la diffusion initiale du système. Nous observons une augmentation
linéaire initiale de l’énergie cinétique aux temps courts puis une saturation correspondant à
la localisation d’Anderson aux temps longs.

Figure 6.2: Évolution de 〈p2〉 en fonction du nombre de kicks. En bleu la courbe correspon-
dant à une simulation numérique, en noir la diffusion initiale. Les paramètres sont K = 5.8,
k̄ = 0.8 et on réalise une moyenne sur 104 valeurs de la quasi-impulsion.

β(G) est construite par dérivée logarithmique des valeurs de 〈p2〉. Elle va donc être extrême-
ment sensible aux très petites fluctuations de 〈p2〉. Or, nous observons de faibles oscillations
sur le profil de 〈p2〉 en fonction du temps (par exemple autour du kick 40). Ces oscillations
vont se répercuter dramatiquement sur le profil de β(G). Les points bleus sur la figure 6.3
montrent β(G) calculée à partir des valeurs de 〈p2〉 de la figure 6.2 avec les définitions des
équations (6.4). Nous constatons l’existence d’oscillations tellement importantes qu’il nous est
impossible de dire si la fonction β(G) numérique suit la prédiction du modèle donnée par la
courbe bleue.
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Figure 6.3: β(G) en fonction de 1/G. La ligne bleue représente la forme analytique dans le
cas orthogonal tirée de (6.5). Les points bleus indiquent la fonction β(G) extraite des données
numériques. La ligne pointillée noire représente le β(G) correspondant à la loi d’Ohm. Les
paramètres sont K = 5.8, k̄ = 0.8 et on réalise une moyenne sur 104 valeurs de la quasi-
impulsion.

6.3.3 Corrélations entre kicks

Les oscillations observées numériquement sur la figure 6.3 sont une conséquence des corréla-
tions entre kicks existant dans le Kicked Rotor. Elles se manifestent également dans l’expres-
sion du coefficient de diffusion du système. Nous avons, dans le chapitre 1, calculé ce coefficient
de diffusion classique lorsque nous négligeons les corrélations : D0 = K2/4. Lorsque celles-ci
sont prises en compte, (annexe D) le coefficient de diffusion initial du système est affecté par
des termes supplémentaires :

DKRC = D0[1− 2J2(Kq)− 2J2
1 (Kq) + 2J2

3 (Kq)]. (6.6)

L’indice KRC signifie Kicked Rotor avec Corrélations. Kq = (2K/k̄) sin(k̄/2) vient du fait que
nous traitons le cas quantique [110] du Kicked Rotor. Jn est la fonction de Bessel de première
espèce d’ordre n. Les termes 2J2(Kq) et 2J2

3 (Kq) correspondent aux corrélations à deux kicks
(entre le kick 3 et 1 par exemple). Le terme 2J2

1 (Kq) correspond à des corrélations à trois
kicks (entre le kick 4 et 1 par exemple). Les corrélations d’ordre supérieur (à quatre, cinq
kicks...) font intervenir des puissances 3 de fonction de Bessel (J3

n(K)) qui sont négligeables
devant les contributions de puissance 1 et 2, pour les valeurs de K que nous utilisons.

Les fonctions de Bessel sont oscillantes avec K ce qui fait que le comportement du coefficient
de diffusion DKRC est radicalement différent de D0. Nous pouvons constater ce point sur la
figure 6.4 qui montre D0 en ligne noire et DKRC en ligne bleue. De plus, cette figure présente
le coefficient de diffusion calculé numériquement (courbe pointillée rouge) à partir de la valeur
de 〈p2〉 à 10 kicks. L’accord entre la simulation numérique et l’expression analytique (courbe
bleue) est très bon. Les effets dramatiques des corrélations entre kicks ont été abordés dans
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Figure 6.4: Évolution du coefficient de diffusion en fonction de K. En pointillés rouges une
estimation du coefficient de diffusion par une simulation numérique. La courbe noire présente
l’expression analytique de D0 tandis que la courbe bleue celle de DKRC. Les paramètres sont
k̄ = 2 et on réalise une moyenne sur 104 valeurs de la quasi-impulsion.

le Kicked Rotor lors de l’étude expérimentale de la localisation d’Anderson 2D [111]. Un
développement est présent dans cet article qui explique comment ces corrélations modifient
les signatures physiques explorées.

6.3.4 Kicked Rotor avec saut de phase de période 2

Dans le but de s’affranchir de ces corrélations, nous avons développé dans cette thèse une
nouvelle méthode de moyennage de donnée se basant sur le fait que nous sommes désormais
capables de réaliser des hamiltoniens de la forme :

Ĥ(x, t) =
p̂2

2
+K cos(x̂+ a(t))

∑

n

δ (t− n) (6.7)

avec a(t), une fonction de modulation de phase périodique de période N . Nous allons, dans
un premier temps, considérer le même type d’hamiltonien que celui utilisé au chapitre 3
lors de l’étude du phénomène ERO. Nous prenons a(t) périodique de période N = 2 avec
a(1) = 0 et a(2) = a. En utilisant la méthode de calcul réalisée dans [112, 113, 110] appliquée
à l’hamiltonien avec saut de phase de période 2, nous déclinons l’expression du coefficient de
diffusion :

DKRC2P = D0[1− 2J2(Kq) cos(2a)− 2J2
1 (Kq) + 2J2

3 (Kq) cos(4a)]. (6.8)

L’indice KRC2P signifie Kicked Rotor avec Corrélation 2 Phases. Nous constatons que le
coefficient de diffusion dépend désormais du saut de phase a choisi pour les kicks pairs. Nous
moyennons le coefficient de diffusion sur les différentes valeurs que peuvent prendre les tirages
de saut de phase a aléatoire compris entre 0 et 2π. Nous pouvons écrire

DKRC2PM =
1

2π

∫ 2π

0
DKRC2Pda, (6.9)
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ce qui nous donne :

DKRC2PM = D0[1− 2J2
1 (Kq)]. (6.10)

L’indice KRC2PM signifie Kicked Rotor avec Corrélation 2 Phases Moyenné. Nous voyons
le moyennage sur les phases a supprime deux des trois termes de corrélations initialement
présents. Seul le terme de corrélation à trois kicks 2J2

1 (Kq) survit. Numériquement 4, nous
choisissons une phase a, nous réalisons la simulation jusque 10 kicks puis nous extrayons le
coefficient de diffusion. Nous répétons cette procédure pour un grand nombre de phase a
aléatoirement choisies entre 0 et 2π puis nous moyennons les coefficients de diffusion obtenus.
Nous pouvons voir sur la courbe en pointillé rouge de la figure 6.5 une simulation numérique
où nous avons réalisé ce moyennage. La courbe bleue correspond à l’expression analytique
DKRC2PM et la noire à D0. Nous constatons un bon accord entre la simulation numérique
et le calcul DKRC2PM. L’effet du moyennage réduit le caractère oscillant du coefficient du
diffusion dû aux corrélations.

Figure 6.5: Évolution du coefficient de diffusion en fonction de K. En pointillés rouges une
estimation du coefficient de diffusion par une simulation numérique. La courbe noire présente
l’expression analytique de D0 tandis que la courbe bleue celle de DKRC2PM. Les paramètres
sont k̄ = 2 et on réalise une moyenne sur 104 valeurs de la quasi-impulsion.

Pour aller plus loin, nous allons étendre cette méthode à un hamiltonien avec saut de phase
aléatoire de période N = 3. Nous réalisons également un moyennage sur des tirages aléatoires
des sauts de phase a1, a2 et a3. La courbe en pointillé rouge sur la figure 6.6 correspond à
la simulation numérique lorsque nous réalisons le moyennage. La courbe noire correspond à
l’expression analytique de D0. Nous constatons que la courbe issue de la simulation numérique
possède un comportement très similaire à celui de D0. Le moyennage réalisé a effacé toutes
traces de corrélations sur le coefficient de diffusion.

4. la même procédure est utilisée expérimentalement
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Figure 6.6: Évolution du coefficient de diffusion en fonction de K. En pointillé rouge une
estimation du coefficient de diffusion par une simulation numérique. La courbe noire présente
l’expression analytique de D0. Les paramètres sont k̄ = 2 et on réalise une moyenne sur 104

valeurs de la quasi-impulsion.

Nous avons, avec cette méthode, une possibilité de nous affranchir des corrélation entre kicks.
Cela peut permettre d’étudier des grandeurs (comme β(G)) qui sont très sensibles aux cor-
rélations. Une condition nécessaire à cet affranchissement est de réaliser un moyennage de
données avec un hamiltonien de modulation de phase a(t) de période N > 2.

6.3.5 Vérification expérimentale de la suppression des corrélations

Nous allons appliquer la méthode de moyennage des corrélations au dispositif expérimental
pour vérifier si celui-ci se comporte comme les prédictions le prétendent.

Dans ce chapitre, nous ne regardons plus les effets CBS et CFS présent sur Π0 lorsque la
température initiale du nuage est faible. Nous nous intéressons à l’évolution de 〈p2〉 en fonction
du nombre de kicks. Ce point ne nécessite pas de réaliser nos expériences avec une distribution
en impulsion la plus fine possible. C’est pourquoi, afin d’avoir un nombre d’atomes important
permettant de maximiser le rapport signal à bruit, nous réalisons nos expériences avec le
dispositif petit-repompeur présenté en section 2.4.2. Quoi qu’il en soit, nous pouvons créer
des hamiltoniens de la forme :

Ĥ(x, t) =
p̂2

2
+K cos(x̂+ a(t))

∑

n

δ (t− n) . (6.11)

Nous tirons des séquences de phase a(t) aléatoires périodiques de période N numériquement et
nous les communiquons à l’expérience via un générateur de fonction arbitraire et deux AOM
(voir section 2.2.1). Nous moyennons les différents temps de vol acquis pour chaque tirage
de phase puis nous réalisons la déconvolution en distribution en impulsion. Nous extrayons
ensuite 〈p2〉 via la méthode présentée en section 2.3.3. De cette valeur de 〈p2〉, nous calculons
un coefficient de diffusion expérimentale avec la formule Dexp = k̄2〈p2〉/2t où t est le nombre
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de kicks que nous avons appliqué. Nous n’appliquons dans l’expérience que 10 kicks dans le but
de rester dans le régime diffusif du Kicked Rotor. Cette condition est nécessaire à l’estimation
fiable d’un coefficient de diffusion. La valeur de k̄ est fixée à 2.

Figure 6.7: Évolution du coefficient de diffusion en fonction de K. En points bleus, le co-
efficient de diffusion expérimental dans le cas du KR sans saut de phase. La ligne bleue
représente la prédiction analytique associée. En points rouges le coefficient de diffusion expé-
rimental moyenné sur les tirages de phases dans le cas du Kicked Rotor avec saut de phase
de période N = 2. En ligne rouge, la forme analytique associée.

Figure 6.8: Évolution du coefficient de diffusion en fonction de K. En points bleus le co-
efficient de diffusion expérimental dans le cas du KR sans saut de phase. La ligne bleue
représente la prédiction analytique associée. En points rouges, le coefficient de diffusion ex-
périmental moyenné sur les tirages de phases dans le cas du Kicked Rotor avec saut de phase
de période N = 3. En ligne noire, l’évolution de D0.

La figure 6.7 présente l’évolution du coefficient de diffusion en fonction de K. Les points bleus
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représentent les valeurs expérimentales prises dans le cas du Kicked Rotor normal où a(t) = 0
à tous les kicks. Ces points suivent la prédiction (6.6). Les points rouges représentent les
valeurs expérimentales du coefficient de diffusion moyenné sur les tirages de phases dans le
cas du Kicked Rotor avec saut de phase aléatoire de période N = 2. Nous constatons que ces
points suivent de manière très fidèle la courbe rouge qui correspond à l’équation de DKRC2PM
(6.10). L’accord entre les prédictions théoriques et les résultats expérimentaux est excellent.

Nous réalisons les mêmes expériences dans le cas du Kicked Rotor avec saut de phase de
période N = 3. La figure 6.8 rassemble les données expérimentales et les comparaisons avec
les expressions analytiques. Nous voyons que les points rouges suivent parfaitement l’allure
du coefficient de diffusion D0, représenté par la ligne noire.

Nous constatons que le moyennage des données sur différents tirages de phases aléatoires
est une méthode extrêmement puissante pour s’affranchir des corrélations. Il faut retenir
qu’expérimentalement nous avons moyenné sur 100 tirages de phases aléatoires ce qui semble
suffisant pour s’affranchir des effets des corrélations.

6.4 β(G) pour deux classes de symétrie avec un Kicked Rotor
modulé périodiquement en phase

Nous allons étudier le comportement de β(G) dans deux classes de symétrie différentes. Nous
commencerons par présenter la technique utilisée pour placer le système dans la classe de
symétrie orthogonale ou unitaire avec un hamiltonien modulé en phase périodiquement.

6.4.1 Brisure de symétrie

La technique que nous utilisons pour briser la symétrie par renversement du temps s’appuie
sur les arguments présentés dans le chapitre 4. Une séquence de modulation de phase arbi-
traire a(t) périodique de période N possédant un axe d’antisymétrie fait entrer le système
dans la classe de symétrie orthogonale. Nous pouvons donc, tout en réalisant des tirages de
phases aléatoires dans notre système, verrouiller des conditions sur les sauts de phases ai (ai
correspond au saut de phase au kick i) pour que le système appartienne à la classe de symétrie
orthogonale. Afin de mieux comprendre ce qui est réalisé, nous choisissons de développer un
exemple.

Considérons un hamiltonien de la forme :

Ĥ(x, t) =
p̂2

2
+K cos(x̂+ a(t))

∑

n

δ (t− n) , (6.12)

avec a(t) une fonction de période N = 5 : a(t+5) = a(t). La séquence a(t) possède uniquement
5 sauts de phases différents que nous notons a1, a2, a3, a4, a5. Nous choisissons de positionner
un axe d’antisymétrie autour de a3. Pour réaliser une séquence anti-symétrique, nous devons
respecter les équations du système :





a1 = 2π × rand,
a2 = 2π × rand,
a3 = 2π × rand,
a4 = 2a3 − a2,

a5 = 2a3 − a1,

(6.13)
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avec rand qui renvoie un nombre entre 0 et 1. Les conditions a4 = 2a3 − a2 et a5 = 2a3 − a1

fixent la position de l’axe d’antisymétrie autour de a3. La figure 6.9 représente une telle sé-
quence. Nous y observons la périodicité de période N = 5 de la fonction a(t). De plus l’axe
d’antisymétrie est bien présent autour du kick numéro 3 modulo 5. Le système est dans ce
cas dans la classe orthogonale.

Figure 6.9: Séquence de modulation de phase
a(t) périodique de période 5 avec un axe d’an-
tisymétrie situé au kick numéro 3.

Figure 6.10: Séquence de modulation de
phase a(t) périodique de période 5. Aucun axe
d’antisymétrie n’est présent.

Nous sommes donc capables de générer une infinité de séquences de modulation de phase a(t)
qui placent le système dans la classe de symétrie orthogonale. Pour réaliser un moyennage
efficace, nous tirons aléatoirement la position de l’axe d’antisymétrie de la séquence a(t). Ceci
change les conditions sur le système d’équation (6.13) tout en laissant le système dans la
classe de symétrie orthogonale. De la même manière, nous pouvons générer des séquences a(t)
comme représentée sur la figure 6.10, sans axe d’antisymétrie. Ceci nous assure de placer le
Kicked Rotor dans la classe de symétrie unitaire. Ce raisonnement s’applique sans difficulté
à un système de période N arbitraire.

6.4.2 Correction à la diffusion dans le cas N = 4

Plaçons nous dans le cas d’un hamiltonien modulé en phase de périodeN = 4, (a(t+4) = a(t)).
En utilisant le moyennage des corrélations expliqué précédemment et les tirages aléatoires de
phase choisis pour que l’hamiltonien appartienne à la classe de symétrie orthogonale, nous
accédons expérimentalement à l’évolution de 〈p2〉 en fonction du nombre de kicks dans la
classe orthogonale.

La figure 6.11 présente l’évolution de 〈p2〉 dans la classe orthogonale. Les points bleus corres-
pondent aux données expérimentales, la droite noire correspond à la diffusion initiale. Nous
constatons que dès le kick 4, il existe un écart entre la dynamique quantique de 〈p2〉 expéri-
mentale observée et la diffusion initiale. En effet, les boucles simples à l’origine des phénomènes
ERO et CBS sont présentes et interfèrent constructivement aux temps courts (présence du
CBS dès le début de la séquence de kick voir chapitre 5). La déviation vis-à-vis de la diffusion
initiale apparait dès le kick 5. Ceci est caractéristique de la classe de symétrie orthogonale.
Nous pouvons comparer cette dynamique à celle observée dans la classe unitaire. La figure
6.12 nous montre l’évolution de 〈p2〉 lorsque le système subit des séquences de modulation
de phase aléatoire sans aucun axe d’antisymétrie. Les points rouges constituent les données
expérimentales tandis que la droite noire représente la diffusion initiale. Nous constatons que
l’écart à la diffusion arrive beaucoup plus tard dans ce cas. En effet, il faut attendre le kick 25
avant de l’observer. Dans la classe unitaire, lorsque la TRS est brisée, l’accord de phase entre
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Figure 6.11: Évolution de 〈p2〉 en fonction du nombre de kicks. En points bleus, les don-
nées expérimentales pour K = 4 k̄ = 1 moyennés sur 100 tirages de phases aléatoires de
période N = 4 verrouillés en classe orthogonale. La courbe noire présente la diffusion initiale
correspondant à ce jeux de données.

Figure 6.12: Évolution de 〈p2〉 en fonction du nombre de kicks. En points rouges, les donnés
expérimentales pour K = 4.5 k̄ = 1 moyennés sur 100 tirages de phases aléatoires de période
4 verrouillés en classe unitaire. La courbe noire présente la diffusion initiale correspondant à
ce jeux de données.

les boucles simples n’existe plus, ce qui détruit les phénomènes de localisation faible de type
CBS et ERO. Il faut attendre que le système commence à localiser pour que des phénomènes
plus complexes, comme ceux à l’origine du CFS présentés en chapitre 5, crée une déviation
significative à la diffusion. Ce comportement est caractéristique de la classe unitaire.
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6.4.3 β(G) pour un Kicked Rotor de période N = 4 orthogonal et unitaire

A partir des évolutions de 〈p2〉 présentées sur les figures précédentes, nous pouvons calculer
une fonction β(G) à l’aide des formules (6.4). La seule différence dans le calcul consiste à
considérer la période N du système. Nous avons vu au chapitre 4 qu’un Kicked Rotor modulé
de période N était équivalent à un système Anderson quasi-1D possédant une infinité de sites
dans la dimension 1 et N sites dans la dimension synthétique 2 (voir section 4.3). Ces N sites
sont équivalents à N canaux transverses [57]. C’est pourquoi la définition de G dans (6.4) doit
être modifiée comme

G :=
〈p2〉 1

2

t/N
. (6.14)

Nous sommes capables d’associer à chaque temps (kick) une valeur de 〈p2〉 donc une valeur
de L et de G. Nous traçons logG en fonction de logL puis nous calculons numériquement la
dérivé de cette fonction. Ce faisant, nous obtenons des valeurs de la fonction β(G) associées
à chaque valeurs de G. Nous réalisons ensuite un moyennage de N valeurs de β(G) autour de
chaque valeurs de G correspondant aux temps multiple de N . 5 En réalisant cette procédure,
nous obtenons les résultats présents sur la figure 6.13.

Figure 6.13: Les points bleus et rouges représentent l’évolution de la fonction β(G) expé-
rimentale pour deux couples de paramètres N = 4, K = 4.5, k̄ = 1 et N = 4, K = 4,
k̄ = 1 respectivement avec a(t) antisymétrique (orthogonale) et a(t) quelconque (unitaire).
La courbe bleue (rouge) correspond à la prédiction orthogonale (unitaire). La ligne pointillée
noire représente le β(G) correspondant à la loi d’Ohm.

Nous remarquons tout d’abord que les deux ensembles de points expérimentaux sont exempts
d’oscillations. La méthode de moyennage des corrélations a résolu ce problème. Nous consta-
tons ensuite que dans le cas où la fonction a(t) possède un axe d’antisymétrie, les données

5. Si nous avons 40 valeurs de β(G) pour un système de période 5, nous obtiendrons après moyennage 8
points sur la courbe β(G) en fonction de G.
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expérimentales (points bleus) suivent le comportement orthogonal représenté en ligne bleue.
Les points rouges, correspondant aux données lorsque a(t) est quelconque, se distinguent net-
tement des données orthogonales et suivent le comportement unitaire. Nous pouvons dire que
les fonctions β(G) extraites expérimentalement nous permettent de distinguer l’appartenance
du système à la classe de symétrie orthogonale ou unitaire.

6.5 Comportement universel de β(G)

Nous avons vu dans la section précédente que dans le cas d’un Kicked Rotor avec modulation
de phase de période N = 4, nous étions capables de mesurer des fonctions β(G) qui suivent les
comportements orthogonaux ou unitaires prédits. La fonction β(G) est, comme nous l’avons
vu en introduction, une grandeur physique universelle qui se comporte de la même manière
quels que soient les détails microscopiques du système. Nous allons dans cette section examiner
ce point expérimentalement.

6.5.1 Universalité de β(G) dans la classe orthogonale

En utilisant la méthode de verrouillage des phases en configuration antisymétrique présentée
dans la section 6.4.1, nous sommes capables de nous intéresser à des systèmes désordonnés
de Floquet, appartenant à la classe de symétrie orthogonale, de période N différentes. Afin
de tester l’universalité de la fonction β(G), nous réalisons différentes expériences dont les
paramètres sont résumés dans le tableau 6.1.

Jeux de paramètres A B C
Période N 3 4 5

K 4 4.5 3.5
Nombre de kicks 60 60 70

Table 6.1: Jeux de paramètres utilisés pour les expériences dans la classe de symétrie ortho-
gonale.

Pour toutes ces expériences, la valeur de k̄ est fixée à 1. Le nombre de kicks réalisés est
assez faible dû à l’extrême sensibilité de β(G) vis-à-vis de la décohérence. En général, les
expériences sont réalisées à des temps plus faibles que la moitié du temps de cohérence τφ
associé jeux de paramètres. En utilisant les définitions des équations (6.14), nous associons
à chaque jeux de paramètres une fonction β(G). Il faut noter qu’à chaque fois le nombre de
canaux transverses N équivalent au nombre de sites dans la dimension synthétique change.
Les différentes fonctions β(G) obtenues sont tracées sur la figure (6.14). Nous constatons que
ces trois fonctions β(G) associées à chaque jeux de paramètres A, B et C en accord avec la
même prédiction théorique en trait plein bleu lorsque 1/G est inférieur à 0.8. Nous constatons
une déviation vis-à-vis de la prédiction lorsque 1/G est de l’ordre de 1. Ceci n’est pas une
imperfection expérimentale puisque des simulations numériques confirment cette déviation.
Nous pensons qu’elle trouve son origine dans l’existence d’un terme d’ordre 2, en 1/G2, que
nous ne connaissons pas explicitement pour la prédiction orthogonale de βO(G). Quoi qu’il en
soit, pour les 3 jeux de paramètres, les β(G) obtenues suivent le même comportement. Nous
démontrons ainsi expérimentalement l’universalité de la fonction d’échelle βO(G) orthogonale.
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Figure 6.14: β(G) pour différents paramètres expérimentaux lorsque a(t) possède un axe
d’antisymétrie (classe orthogonale). Les carrés, ronds et losanges bleus représentent respec-
tivement les jeux de données A, B et C. La courbe bleue représente l’expression analytique
orthogonale βO(G). La ligne pointillée noire représente le β(G) correspondant à la loi d’Ohm.

6.5.2 Universalité de β(G) dans la classe unitaire

Nous obtenons expérimentalement, en prenant des séquences de modulations de phase a(t)
quelconques et de périodes différentes, trois jeux de données correspondant à trois jeux de
paramètres A, B et C. Ces jeux de paramètres, résumés dans le tableau 6.2, nous permettent
de construire trois fonctions β(G) que nous traçons sur la même figure 6.15.

Jeux de paramètres A B C
Période N 3 4 5

K 2.5 4 1.6
Nombre de kicks 90 60 100

Table 6.2: Jeux de paramètres utilisés pour les expériences dans la classe de symétrie unitaire.

Ces jeux de données sont réalisés à k̄ = 1. Nous voyons que les trois fonctions β(G) suivent la
même courbe rouge correspondant à l’expression analytique unitaire de la fonction d’échelle
β(G). Nous montrons également expérimentalement l’universalité du comportement de la
fonction d’échelle βU (G) pour des périodes différentes du système et pour des valeurs diffé-
rentes de K.

Dans le but de comparer visuellement les deux comportements différents des fonctions β(G)
orthogonale et unitaire, nous traçons sur la figure 6.16, les données et les prédictions associées
aux 6 jeux de paramètres présentés précédemment.
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Figure 6.15: β(G) pour différents paramètres expérimentaux lorsque a(t) est quelconque
(classe unitaire). Les carrés, ronds et losanges rouges représentent respectivement les jeux de
données A, B et C. La courbe rouge représente l’expression analytique unitaire βU (G). La
ligne pointillée noire représente le β(G) correspondant à la loi d’Ohm.

Figure 6.16: β(G) pour les 6 jeux de paramètres expérimentaux utilisés.

Conclusion : Nous avons mesuré, pour la première fois expérimentalement, la fonction d’échelle
β(G) introduit par Anderson et al.. L’ingénierie d’hamiltonien réalisée durant cette thèse,
nous a permis de faire varier les détails microscopiques des différents systèmes désordonnés de
Floquet pour constater que la fonction β(G) était insensible à ces variations. Cela démontre
ainsi expérimentalement son caractère universel. De plus, nous avons ajouté, au moyen d’une
modulation de phase, un champ de jauge artificiel ce qui nous a permis d’observer le compor-
tement de cette fonction dans la classe d’universalité unitaire.
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Chapitre 7

Conclusion générale

Ce manuscrit a présenté des travaux sur les propriétés de transport dans les milieux désor-
données et en particulier l’effet des symétries. Cette thématique, très générale en physique,
apparaît dans beaucoup de systèmes en apparence très différents. Historiquement, les pre-
mières expériences ont été réalisées à partir d’électron dans des solides cristallins. Celles-ci
ont rapidement été rejointes par d’autres utilisant le son, la lumière, ainsi que différents types
d’ondes. Plus récemment, un nouveau système s’est ajouté aux précédents. Il consiste en
l’étude de la propagation d’atomes froids dans des potentiels désordonnés créés par des lasers.

Dans cette thèse, nous avons étudié différentes signatures et propriétés des phénomènes de
localisation au moyen de systèmes désordonnés de Floquet représentés par des Kicked Rotor
modulés temporellement. Un travail numérique important a été réalisé dans le but de façon-
ner les hamiltoniens permettant d’observer les signatures recherchées, tout en tenant compte
des contraintes expérimentales. Cela se traduit par la nécessité d’un moyennage expérimental
important impliquant des séquences d’acquisition de données longues durant lesquelles l’ex-
périence doit être affranchie de toutes fluctuations significatives. Les améliorations apportées
au montage expérimental, effectuées durant la première année de cette thèse et exposées au
chapitre 2, concernant la préparation du nuage d’atomes froid initial et le dispositif de détec-
tion ont permis d’atteindre cet objectif.

i) Les premières expériences décrites dans ce manuscrit, présentes dans le chapitre 3, mettent
en évidence l’existence de phénomène de localisation faible dans le Kicked Rotor. Nous y
observons, pour la première fois avec des atomes froids, une augmentation de la probabilité
de retour à l’origine, ERO, équivalent au phénomène CBS, dans l’espace direct (désordonné).
Nous mettons en évidence expérimentalement la nature cohérente de cet effet et nous mon-
trons qu’il peut être utilisé comme outil de diagnostic précis de la décohérence expérimentale.
ii) Les changements expérimentaux réalisés ont abouti au développement de nouveaux types
d’hamiltoniens permettant la réalisation de systèmes de Kicked Rotor Quasi-1D périodique
modulé dans le temps. Ces systèmes illustrent à merveille la notion de dynamique dans l’es-
pace de Floquet et offrent la possibilité de briser la symétrie par renversement du temps
de façon parfaitement contrôlée. Ils rendent donc accessible expérimentalement l’étude de sys-
tèmes désordonnées appartenant à deux classes de symétries : orthogonale et unitaire. De
plus, il est possible d’en donner une interprétation élégante : on peut les considérer comme
des systèmes Anderson quasi-1D avec une géométrie particulière en forme de nanotube en
présence d’un champ de jauge artificiel. En effet, briser la symétrie par renversement du temps
dans le Kicked Rotor Quasi-1D revient à créer un fluxAharonov-Bohm artificiel non trivial
à travers le nanotube du système d’Anderson. Les expériences réalisées au chapitre 5, à partir
de ce nouveau type de Kicked Rotor (Kicked Rotor Quasi-1D), prouvent pour la première
fois expérimentalement l’existence d’un nouveau phénomène : la Diffusion Cohérente vers
l’Avant : CFS. Ce nouvel effet, récemment prédit en 2012, constitue une signature interfé-
rentielle directe de la localisation d’Anderson. L’expérience montre que ce phénomène, très
différent de ceux présents en régime de localisation faible, est résistant à la brisure de symétrie
par renversement du temps. De plus, il est exposé, en bon accord avec les expressions théo-
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riques [100], que le contraste associé au CFS croît dans le temps avec un temps caractéristique
qui est le temps de localisation.
iii) Les expériences réalisées au chapitre 6 portent sur le transport global des ondes dans le
milieu désordonné. Celui-ci est caractérisé par une fonction d’échelle universelle β(G) dé-
pendant de la classe de symétrie du système. À partir des fonctions d’ondes atomiques, nous
extrayons pour la première fois expérimentalement, les formes des fonctions β(G) pour deux
classes de symétrie différentes : orthogonale et unitaire. De plus, nous démontrons expéri-
mentalement l’universalité de ces fonctions en faisant varier les paramètres de l’hamiltonien
correspondant aux détails microscopiques du système.

La polyvalence des systèmes de Floquet nous permet actuellement de réaliser des systèmes
désordonnés 1D appartenant à la classe de symétrie unitaire. Une perspective intéressante
consisterait à réaliser une étude de la transition d’Anderson 3D dans la classe unitaire. L’ob-
jectif serait d’observer le changement de l’exposant critique qui dépend de la classe de
symétrie.
L’observation expérimentale du CFS comme marqueur de la localisation d’Anderson ouvre
la voie à une possible étude expérimentale de la transition d’Anderson à l’aide de ce phéno-
mène. Des travaux théoriques et numériques [99] ont montré que les informations concernant
les propriétés de la transition d’Anderson 3D, notamment son exposant critique, étaient
contenues dans la forme du pic CFS. Une étude du comportement de ce pic au point critique
de la transition de phase pourrait permettre expérimentalement d’extraire l’exposant cri-
tique de la transition. Ceci fournirait un moyen original de déterminer cet exposant.
Nous avons étudié la brisure de la symétrie par renversement du temps dans un système
désordonné sans spin. De la même façon que les hamiltoniens de Kicked Rotor modulé tem-
porellement sont une extension du Kicked Rotor standard, nous pourrions imaginer des ver-
sions modifiées plus sophistiquées du Kicked Rotor permettant l’introduction d’un spin réel
ou fictif dans le système. Cela permettrait d’étudier la physique d’Anderson dans une autre
classe d’universalité, caractérisée par la brisure de la symétrie par rotation du spin : la classe
symplectique. Dans cette classe, on s’attend à observer des effets d’antilocalisation faible
visible pour des systèmes de dimension 1 (diminution de la probabilité de retour à l’origine).
De plus, une transition métal-isolant d’Anderson en dimension 2 se manifeste. Ce
dernier point contraste drastiquement avec les comportements observés dans les classes de
symétries orthogonale et unitaire.
Finalement, nous pourrions également considérer la possibilité d’utiliser un condensat de
Bose-Einstein expérimentalement pour introduire des interactions dans le système. Ce
sujet a déjà été abordé dans la thèse théorique de Benoit Vermersch [114]. Une expérience
visant à produire un condensat de Bose-Einstein de Potassium est en cours de construc-
tion à Lille. Celle-ci devrait permettre l’étude expérimentale de la physique d’Anderson avec
interactions au moyen du Kicked Rotor sous un angle nouveau.
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Annexe A

La base des impulsions du Kicked
Rotor

Cet annexe a pour but de présenter la base des impulsions utilisée dans cette thèse avec les
unités normalisées du Kicked Rotor.

En regardant l’équation (1.29), nous constatons que Û(1)(x̂, p̂) = Û(1)(x̂+2π, p̂). L’opérateur
d’évolution possède une symétrie de translation discrète dans l’espace de période a = 2π. Cette
symétrie peut être représentée par un opérateur de translation discrète de période a, T̂a. Nous
pouvons utiliser le théorème de bloch et dire que les fonctions propres de Û(1) s’écrivent
sous la forme de bloch suivante :

Ψβ(x) = exp (iβx) Φβ(x), (A.1)

avec Φβ(x) une fonction périodique de période a :

Φβ(x+ a) = Φβ(x). (A.2)

Φβ(x) étant périodique de période a, nous la développons en série de Fourier :

Φβ(x) =
∑

m∈Z
Cm(β)e2iπmx/a. (A.3)

Nous avons pour les fonctions propres :

Ψβ(x) =
∑

m∈Z
Cm(β)eix(β+2πm/a). (A.4)

Nous constatons ici la décomposition de la fonction propre Ψβ(x) sur la base des ondes planes
eix(β+2πm/a). Afin de voir comment s’écrit cette base avec les unités réduites du Kicked Rotor,
nous considérons l’opérateur impulsion P̂ qui agit sur X comme :

P̂ := −i~
∂

∂X
. (A.5)

En injectant dans l’équation (A.5) l’expression des unités normalisées (1.14) et en utilisant la
définition de k̄ (1.20) nous obtenons :

p̂ = −ik̄
∂

∂x
. (A.6)

L’action de p̂ sur la fonction Ψβ(x) nous donne :

p̂Ψβ(x) = k̄(m+ β)Ψβ(x). (A.7)

Les valeurs de p sont quantifiées et espacées de k̄. Nous définissons la base des impulsions
avec deux nombres m et β. Avec la notation de Dirac nous avons :

p̂ |β,m〉 = k̄(m+ β) |β,m〉 (A.8)
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Annexe B

Mapping du Kicked Rotor sur le
modèle des liaisons fortes avec

désordres

Cet annexe explique le lien formel existant entre le Kicked Rotor 1D et le modèle des liaisons
fortes avec désordre. Nous suivrons les démonstrations initialement faites dans [115] et [116].

Nous rappelons que l’opérateur d’évolution du système est Û(1) = ÛpropÛkick. Le théorème
de Floquet dit qu’un état de Floquet, caractérisé par une quasi-énergie ω définie modulo 2π,
est état propre de l’opérateur d’évolution Û(1) avec e−iω comme valeur propre :

Û(1)
∣∣Φ−ω

〉
:= e−iω

∣∣Φ−ω
〉
. (B.1)

Soit un état |Φ+〉 défini comme

∣∣Φ+
〉

:= Ûkick
∣∣Φ−ω

〉
. (B.2)

En appliquant ÛkickÛprop sur l’équation (B.2), nous montrons que

ÛkickÛprop
∣∣Φ+

〉
= e−iω

∣∣Φ+
〉
. (B.3)

L’état |Φ+〉 est état propre de l’opérateur ÛkickÛprop avec pour valeur propre e−iω. Nous le
noterons désormais |Φ+

ω 〉.

Si nous appliquons Ûprop à l’équation (B.3), nous obtenons

Û(1)Ûprop
∣∣Φ+

ω

〉
= e−iωÛprop

∣∣Φ+
ω

〉
. (B.4)

Ûprop |Φ+
ω 〉 est état propre de Û(1) avec pour valeur propre e−iω. On peut montrer que l’état

Ûprop |Φ+
ω 〉 correspond à |Φ−ω 〉. Pour résumé nous avons :

∣∣Φ+
ω

〉
= Ûkick

∣∣Φ−ω
〉
,

∣∣Φ−ω
〉

= Ûprop
∣∣Φ+

ω

〉
,

Û(1)
∣∣Φ−ω

〉
= e−iω

∣∣Φ−ω
〉
.

(B.5)

Pour faire le lien entre le modèle du Kicked Rotor et celui des liaisons fortes, il est nécessaire
d’écrire l’opérateur de kick autrement. Nous définissons W (x̂) := tan (−K cos x̂/2k̄). Ce qui
nous permet d’écrire :

exp

{
−i
K cos x̂

k̄

}
=

1 + iW (x̂)

1− iW (x̂)
. (B.6)

Le lien entre |Φ−ω 〉 et |Φ+
ω 〉 devient :
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∣∣Φ+
ω

〉
=

1 + iW (x̂)

1− iW (x̂)

∣∣Φ−ω
〉
. (B.7)

En définissant |Φω〉 :=
|Φ+
ω 〉+|Φ−ω 〉

2 et en utilisant l’équation (B.7) nous aboutissons à :
∣∣Φ+

ω

〉
= [1 + iW (x̂)] |Φω〉 ,∣∣Φ−ω
〉

= [1− iW (x̂)] |Φω〉 .
(B.8)

Pour continuer nous décomposons les états de Floquet dans la base des impulsions :

∣∣Φ+
ω

〉
=
∑

n

Φ+
ω,n |n〉 ,

∣∣Φ−ω
〉

=
∑

n

Φ−ω,n |n〉 ,

|Φω〉 =
∑

n

Φω,n |n〉 ,

(B.9)

et écrivons l’opérateur W (x̂) comme :

W (x̂) =
∑

r

Wre
−irx̂. (B.10)

En remplaçant les expressions de (B.9) et (B.10) dans (B.8) nous obtenons :

∑

n

Φ+
ω,n |n〉 =

∑

n

Φω,n |n〉+ i
∑

n,r

WrΦω,n |r + n〉 =
∑

n

Φω,n |n〉+ i
∑

n,r

Wn−rΦω,r |n〉 ,
∑

m

Φ−ω,n |n〉 =
∑

n

Φω,n |n〉 − i
∑

n,r

WrΦω,n |r + n〉 =
∑

n

Φω,n |n〉 − i
∑

n,r

Wn−rΦω,r |n〉 .

(B.11)
La deuxième égalité est obtenue en réarrangeant les indices. Nous appliquons le bra 〈m| aux
équations (B.11) pour obtenir pour chaque m :

Φ+
ω,m = Φω,m + i

∑

r

Wm−rΦω,r,

Φ−ω,m = Φω,m − i
∑

r

Wm−rΦω,r.
(B.12)

Revenons à l’équation aux valeurs propres de l’opérateur d’évolution sur une période :

Û(1)
∣∣Φ−ω

〉
= e−iω

∣∣Φ−ω
〉
. (B.13)

Nous savons que U(1) = exp
{
−i p̂

2

2k̄

}
exp

{
−i
K

k̄
cos(x̂)

}
et que exp

{
−i
K

k̄
cos(x̂)

}
|Φ−ω 〉 =

|Φ+
ω 〉. Ceci nous permet d’écrire :

e−iω ×
∣∣Φ−ω

〉
= exp

{
−i
p̂2

2k̄

} ∣∣Φ+
ω

〉
. (B.14)

Pour appliquer l’opérateur de propagation libre exp
{
−ip̂2/2k̄

}
sur |Φ+

ω 〉, il est plus commode
de se mettre dans la base des impulsions où celui-ci est diagonal. Dans la base des impulsions
|m〉 , nous avons :
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Φ−ω,m = eiωe−i k̄m
2

2 Φ+
ω,m. (B.15)

En définissant Em := ω − k̄m2/2 et en utilisant les équations (B.12) nous obtenons :

Φω,m − i
∑

r

Wm−rΦω,r = eiEm

[
Φω,m + i

∑

r

Wm−rΦω,r

]
. (B.16)

En introduisant εm := tan(Em/2), cette équation se réécrit :

εmΦω,m +
∑

r

Wm−rΦω,r = 0. (B.17)

Enfin, nous réalisons un glissement d’indice et nous sortons le terme r = 0 de la somme pour
aboutir à :

εmΦω,m +
∑

r 6=0

WrΦω,m−r = −W0Φω,m . (B.18)
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Annexe C

Simulation numérique

Nous cherchons à réaliser la simulation numérique du Kicked Rotor Quantique. Pour ce faire,
nous devons simuler l’état du système après l’application de N kicks. Partant d’un état initial
|Ψ0〉 nous devons construire l’état |ΨN 〉 qui respecte la relation :

|Ψ(N)〉 = Û(N) |Ψ(0)〉 . (C.1)

Avec Û(N) l’opérateur d’évolution du système sur N périodes. Grâce aux symétries du pro-
blème (translation dans le temps et l’espace), nous avons vu dans la section 1.2.2 qu’appliquer
Û(N) revenait à appliquer N fois l’opérateur Û(1). Nous obtenons donc la relation :

|Ψ(N)〉 = [Û(1)]N |Ψ(0)〉 . (C.2)

L’opérateur d’évolution Û(1) = ÛpropÛkick présenté dans l’équation (1.30) est constitué de
deux opérateurs distincts. Le premier, Ûprop, est diagonal dans l’espace des impulsions tandis
que le second, Ûkick, est diagonal dans l’espace des positions. Le passage d’une base à l’autre
peut être réalisé numériquement via l’outil de transformée de Fourier rapide FFT (Fast
Fourier Transform) ou IFFT (Inverse Fast Fourier Transform). Nous décrivons ci-dessous
la procédure numérique utilisée.

1. Nous définissons l’état initial du système dans l’espace des impulsions φ0(p) = 〈p |Ψ(0)〉
2. Nous réalisons l’évolution temporelle du système de n = 0 jusque n = N (N est le

nombre de kicks maximum), de la manière suivante :

(a) Nous connaissons φn−(p), nous calculons Πn−(p) = |φn−(p)|2

(b) Nous calculons
〈
p2
n

〉
=
∫ −∞
−∞ p2Πn−(p)dp

(c) Nous calculons l’état dans la base des x par transformée de fourier inverse de
φn−(p), : φn−(x) = IFFT(φn−(p))

(d) Nous appliquons l’opérateur de kick : φn+(x) =
〈
x
∣∣∣ Ûkick

∣∣∣x
〉
φn−(x)

(e) Nous calculons l’état dans la base des impulsions par transformée de fourier
direct de φn+(x) : φn+(p) = FFT(φn+(x)) :

(f) Nous appliquons l’opérateur de propagation libre φn+1−(p) =
〈
p
∣∣∣ Ûprop

∣∣∣ p
〉
φn+(p)

(g) Nous revenons à l’étape (a) si n < N sinon, nous arrêtons la simulation numérique.

La procédure numérique présentée précédemment permet de calculer les distributions en im-
pulsion Π(p) ainsi que les valeurs de

〈
p2
〉
pour chaque kick. C’est sur la base de cette procédure

que sont réalisées toutes les simulations numériques quantiques durant cette thèse.

Nous avons vu en section 1.2.3 que la quasi-impulsion β jouait le rôle de condition initiale
du système. Expérimentalement, nous utilisons un nuage d’atomes froids qui peuplent toutes
les valeurs de la quasi-impulsion β appartenant à la première zone de Brillouin. L’énergie
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cinétique estimée expérimentalement sera celle de plusieurs millions d’atomes moyennée sur
des millions de valeurs de β comprises dans cette première zone de Brillouin. Pour retracer ce
point numériquement, nous définissons l’état initial avec un β bien précis. Nous réalisons la
simulation numérique pour chaque β puis nous moyennons les distributions obtenues.

Comme nous l’avons vu dans la partie 1.2.4, à chaque valeur de β correspond une réalisation
différente du désordre. Le moyennage sur différents β permet de moyenner sur différentes
réalisations possibles du désordre.
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Annexe D

Corrélations entre kicks

Cet annexe a pour but de présenter les corrélations existantes dans le Kicked Rotor et ayant
un effet sur le coefficient de diffusion du système. Nous ferons une analyse purement clas-
sique du phénomène, l’extension au cas quantique pouvant se faire en suivant la démarche de
D.Shepelyansky [110], en prenant en compte le commutateur entre x̂ et p̂.

D.1 Application Standard et coefficients de corrélations

En considérant le Kicked Rotor représenté par l’Application Standard (D.1) :
{
pn+1 = pn +K sinxn,

xn+1 = xn + pn+1,
(D.1)

nous exprimons p2
n après application de n kicks :

p2
n = K2

n−1∑

l=0

sin2 xl +K2
n−1,n−1∑

i=0
j=0
i 6=j

sinxi sinxj . (D.2)

Nous réalisons un moyennage, que nous choisissons de représenter par le symbole 〈...〉, de
l’équation (D.2) sur les différentes évolutions possibles (donc sur les différentes conditions
initiales x0 et p0) pour obtenir :

〈p2
n〉 = 〈K2

n−1∑

l=0

sin2 xl〉+ 〈K2
n−1,n−1∑

i=0
j=0
i 6=j

sinxi sinxj〉. (D.3)

Nous avons vu au chapitre 1 que le premier terme de cette équation est responsable de la
dépendance en K2/2 de l’évolution de p2

n dans le temps soit :

〈p2
n〉 = n

K2

2
+ 〈K2

n−1,n−1∑

i=0
j=0
i 6=j

sinxi sinxj〉. (D.4)

Nous allons dans la suite expliquer comment calculer le second terme de cette équation, ce qui
revient à considérer les variables xi et xj non indépendantes. Cela veut dire que nous prenons
en compte les corrélations entre kicks dans notre système.

D.2 Coefficients de corrélations

Nous introduisons les coefficients de corrélations :

Ci,j := 〈K2 sinxi sinxj〉. (D.5)
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D.2.1 Coefficient de corrélation C1,0

Nous allons présenter la méthode de calcul pour un coefficient de corrélation : C1,0. Écrivons
l’équation autrement selon :

C1,0 = −K
2

4
〈ei(x1+x0) − ei(x1−x0) + cc〉. (D.6)

Le terme cc dans l’équation (D.6) veut dire complexe conjugué. Afin de calculer ce terme,
nous devons exprimer eix1 en fonction de eix0 . Nous faisons ce lien en utilisant les relations de
l’application standard (D.1) pour obtenir :

eix1 = ei(x0+p0)eiK sinx0 . (D.7)

À partir de ce point, nous devons introduire les fonctions de Bessel comme :

exp

[
(b− 1

b
)
c

2

]
=

+∞∑

s=−∞
Js(c)b

s, (D.8)

avec s ∈ Z. Nous adaptons cette écriture à notre problème en prenant b = eix et c = K pour
obtenir :

eiK sinx =

+∞∑

s=−∞
Js(K)eisx. (D.9)

En injectant l’écriture de l’équation (D.9) dans (D.7), nous aboutissons à :

eix1 =
+∞∑

s=−∞
Js(K)eix0(1+s)eip0 . (D.10)

Nous remplaçons (D.10) dans (D.6) pour obtenir :

C1,0 = −K
2

4
〈

+∞∑

s=−∞
Js(K)eix0(2+s)eip0 +

+∞∑

s=−∞
Js(K)eix0(s)eip0 + cc〉 (D.11)

Nous rappelons que le symbole 〈...〉 veut dire moyennage de x0 et p0 sur l’intervalle [0, 2π].
Or ∀s, le moyennage sur p0 dans exp(ip0) nous renvoie 0, ainsi :

C1,0 = 0. (D.12)

Le coefficient de corrélation C1,0 est nul.

D.2.2 Coefficient de corrélation C2,0

Prenons désormais le cas de C2,0 :

C2,0 = −K
2

4
〈ei(x2+x0) − ei(x2−x0) + cc〉. (D.13)

De la même manière que précédemment, nous pouvons exprimer eix2 en fonction de x0 et p0 :

eix2 =
+∞∑

s0,s1=∞
Js0(K)Js1(K[2 + s0])eix0(1+s0+s1)eip0(2+s0). (D.14)
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Nous remplaçons (D.14) dans (D.13) pour obtenir :

C2,0 = −K
2

4
〈

+∞∑

s0,s1=∞
Js0(K)Js1(K[2 + s0])eix0(2+s0+s1)eip0(2+s0)

−
+∞∑

s0,s1=∞
Js0(K)Js1(K[2 + s0])eix0(s0+s1)eip0(2+s0) + cc〉.

(D.15)

Nous écrivons C2,0 = Ca2,0 − Cb2,0 avec :

Ca2,0 := −K
2

4
〈

+∞∑

s0,s1=∞
Js0(K)Js1(K[2 + s0])eix0(2+s0+s1)eip0(2+s0) + cc〉.

Cb2,0 := −K
2

4
〈

+∞∑

s0,s1=∞
Js0(K)Js1(K[2 + s0])eix0(s0+s1)eip0(2+s0) + cc〉.

(D.16)

Le terme Ca2,0 survit au moyennage uniquement si :
{

2 + s0 = 0,

2 + s0 + s1 = 0,
(D.17)

autrement dit si :
{
s0 = −2,

s1 = 0.
(D.18)

En se rappelant que J0(0) = 1, que Jn = (−1)nJ−n, et en oubliant pas la contribution venant
du complexe conjugué, nous obtenons :

Ca2,0 = −K
2

2
J2(K). (D.19)

De la même manière, le terme Cb2,0 survit au moyennage uniquement si :
{
s0 = −2,

s1 = 2.
(D.20)

Cependant J2(0) = 0 donc Cb2,0 = 0. Nous obtenons finalement :

C2,0 = −K
2

2
J2(K). (D.21)

D.3 Coefficient de diffusion

Nous avons vu plus haut avec les équations (D.4) et (D.5) que les coefficients de corrélation
entraient directement dans l’expression de 〈p2

n〉. Ils entreront donc naturellement dans l’ex-
pression du coefficient de diffusion classique défini comme Dcl := 〈p2

n〉/2n.

Nous pouvons répéter la méthode de calcul présentée dans les sections précédentes pour déter-
miner les différents coefficients de corrélations non nuls apportant les principales corrections
au coefficient de diffusion du système. Nous obtenons :
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Dcl = D0[1− 2J2(K)− 2J2
1 (K) + 2J2

3 (K)] , (D.22)

avec D0 := K2/4.

Nous pouvons voir une illustration de l’effet des corrélations sur le coefficient de diffusion
classique sur la figure D.1. Les formes analytiques de D0 en bleu et Dcl en rouge y sont tracées.
Nous constatons que les corrélations ont pour effet d’ajouter des oscillations à l’évolution du
coefficient de diffusion classique en fonction de K.

Figure D.1: Coefficient de diffusion classique en fonction de K. En ligne bleue D0 corres-
pondant au cas où nous ne prenons pas en compte les corrélations. En ligne rouge, le cas où
les corrélations sont prises en compte.

D.4 Coefficient de diffusion quantique

La dynamique quantique du Kicked Rotor est décrite par une augmentation linéaire de l’éner-
gie cinétique aux temps courts puis par une saturation aux temps longs due aux effets d’inter-
férences quantiques. L’héritage des corrélations présentées dans le cas classique se retrouve sur
le coefficient de diffusion initial du système : Dini. Ce coefficient de diffusion est responsable
de l’augmentation linéaire initiale de l’énergie cinétique. Nous pouvons voir sur la courbe
rouge de la figure D.2 une simulation numérique quantique représentant l’évolution de 〈p2〉
en fonction du nombre de kicks. La droite noire correspond à 〈p2

ini〉 = 2Dinit avec t le temps
compté en nombre de kicks.

Si nous suivons les développement effectués dans [110], nous pouvons calculer ce coefficient
de diffusion initial analytiquement. Nous trouvons que :

Dini = D0[1− 2J2(Kq)− 2J2
1 (Kq) + 2J2

3 (Kq)], (D.23)

avec

Kq :=
2K

k̄
sin

k̄

2
. (D.24)
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Figure D.2: Simulation numérique quantique qui représente en rouge l’évolution de l’énergie
cinétique moyenne du système en fonction du nombre de kicks. En noir est présent un pro-
longement de la pente à l’origine de la courbe rouge. Les paramètres sont K = 16, k̄ = 2 et
la quasi-impulsion est moyennée sur 105 valeurs.
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Annexe E

Calculs d’inhomogénéité

Cet annexe a pour but de présenter l’inhomogénéité ressentie par le système expérimental
au moyen de calculs simples. Nous évaluons l’inhomogénéité ressentie par un nuage d’atomes
froids de densité gaussienne (de waist wn) dans le plan (X,Y ) vis-à-vis d’une onde stationnaire
suivant Z d’intensité gaussienne (de waist ws) dans le plan (X,Y ). Les grandeurs considérées
sont les suivantes :

K(x, y) = Kmax exp

(−(X2 + Y 2)

w2
s

)
, N(x, y) = Nmax exp

(−(X2 + Y 2)

w2
n

)
. (E.1)

Pour réaliser cette étude, nous allons effectuer un raisonnement à deux dimensions dans le but
de tracer l’évolution de la densité de population ρ2D(K) des atomes en fonction du paramètre
de stochasticité K. Nous choisissons le repère polaire, plus adapté à notre étude :

K(r, θ) = Kmax exp

(−r2

w2
s

)
, N(r, θ) = Nmax exp

(−r2

w2
n

)
. (E.2)

Nous posons : Kr(r, θ) := K(r, θ)/Kmax pour obtenir :

Kr(r, θ) = exp

(−r2

w2
s

)
. (E.3)

Nous passons de la distribution N(r, θ) à la densité de population ρ2D(r, θ) :

Ntot =

∫ ∞

0

∫ 2π

0
Nmax exp

(−r2

w2
n

)
rdrdθ, (E.4)

Ntot =

∫ ∞

0
2πNmax exp

(−r2

w2
n

)
rdr, (E.5)

Ntot = πw2
nNmax, (E.6)

ρ2D(r, θ) =
N(r, θ)

Ntot(r, θ)
, (E.7)

ρ2D(r, θ) =
1

πw2
n

exp

(−r2

w2
n

)
, (E.8)

qui vérifie bien :
∫ ∞

0

∫ 2π

0
ρ2D(r, θ)rdrdθ = 1. (E.9)

Nous cherchons désormais à avoir cette densité en fonction de Kr. De l’équation (E.3), nous
obtenons :
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− r2 = w2
s ln[Kr], (E.10)

que nous différencions pour avoir :

− 2rdr = w2
s

dKr

Kr
. (E.11)

Nous remplaçons (E.10) et (E.11) dans (E.9) tout en changeant les bornes de l’intégrale. Pour
r = 0, Kr = 1 ; pour r →∞, Kr = 0 ce qui donne :

∫ ∞

0

∫ 2π

0
ρ2D(r, θ)rdrdθ =

∫ ∞

0
ρ2D(r, θ)2πrdr = 1, (E.12)

1 = −
∫ 0

1

w2
sK

w2
s

w2
n

r

w2
nKr

dKr. (E.13)

En posant q := (ws/wn)2, nous simplifions pour arriver à :

1 =

∫ 1

0
qK(q−1)

r dKr. (E.14)

Cela nous permet d’aboutir à la relation :

ρ2D(Kr) = qK(q−1)
r . (E.15)

130



Annexe F

Calculs de localisation faible

Cet annexe a pour but de présenter le problème de la propagation d’une onde dans un milieu
désordonné avec un formalisme simple inspiré de [57]. L’objectif est d’expliquer comment des
phénomènes d’interférences peuvent conduire à des augmentations de la probabilité de retour
à l’origine ou de rétro-diffusion.

F.1 Phase appliquée par un chemin traversé dans deux sens
différents

Considérons l’évolution d’une onde plane provenant d’une source cohérente qui se propage à
travers un milieu et qui effectue uniquement des collisions élastiques sur des diffuseurs (aucun
autre effet n’est pris en compte ici).

Soit le chemin particulier représenté sur la figure F.1. L’onde entre dans le milieu en #»r1,
effectue 3 évènements de diffusion puis ressort en #»r4. La phase accumulée durant ce trajet
est :

δ
#»r1,

#»r4
1 =

#»

k1 · ( #»r2 − #»r1) +
#»

k2 · ( #»r3 − #»r2) +
#»

k3 · ( #»r4 − #»r3). (F.1)

Si l’onde traverse le milieu dans l’autre sens, comme ce qui est représenté sur la figure F.2
(l’onde entre en #»r4 et ressort en #»r1), la phase accumulée est :

δ
#»r4,

#»r1
1 = − #»

k3 · ( #»r3 − #»r4)− #»

k2 · ( #»r2 − #»r3)− #»

k1 · ( #»r1 − #»r2). (F.2)

Nous constatons que δ
#»r1,

#»r4
1 = δ

#»r4,
#»r1

1 . Deux chemins traversés dans deux sens différents im-
priment la même phase sur l’onde.

Figure F.1: Diffusion d’une onde à travers un
milieu composé de 4 diffuseurs. La phase ac-
cumulée par l’onde durant ce trajet est δ ~r1, ~r41 .

Figure F.2: Diffusion d’une onde à travers un
milieu composé de 4 diffuseurs. La phase ac-
cumulée par l’onde durant ce trajet est δ ~r4, ~r11 .
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F.2 Considérations sur la nature aléatoire du milieu : plusieurs
chemins possibles

Nous allons maintenant décrire la propagation d’une onde dans un milieu désordonné. Nous
appellerons f( #»r1,

#»r2) l’amplitude de probabilité complexe associée à la propagation entre deux
évènements de diffusion situés en #»r1 et #»r2. En allant de #»r1 à #»r2, l’onde parcourt différents
chemins j qui appliquent chacun une phase différente δ

#»r1,
#»r2

j . Le milieu étant désordonné, la
distribution des phases δ

#»r1,
#»r2

j est considérée aléatoire.

Nous représentons sur la figure F.3, trois chemins différents pour illustrer ces possibilités.
À chaque chemin, nous associons une amplitude de probabilité aj( #»r1,

#»r2). Le terme f( #»r1,
#»r2)

s’écrit comme :

f( #»r1,
#»r2) =

∑

j

aj(
#»r1,

#»r2) =
∑

j

|a #»r1,
#»r2

j |eiδ
#»r1,

#»r2
j (F.3)

Figure F.3: Trois chemins possibles pour une onde diffusant de ~r1 jusque ~r2.

Notons qu’avec ce qui a été dit plus haut : δ
#»r1,

#»r2
j = δ

#»r2,
#»r1

j .

F.3 Onde plane dans un milieu semi-infini : CBS

Le problème qui nous intéresse ici est celui de la propagation d’une onde plane envoyée avec un
vecteur d’onde initial

#»

ki dans un milieu désordonné semi-infini et ressortant avec un vecteur
d’onde

# »

kf . L’onde étant une onde plane, elle peut entrer à différents endroits #»r1 du milieu
pour ressortir à différents #»r2. La figure F.4 permet de visualiser une partie des différentes
possibilités. L’onde peut entrer en #  »r12, réaliser différents chemins possibles (dans l’ensemble du
milieu désordonné) et ressortir par un des trois points de sortie. Nous devons donc considérer
les probabilités d’entrer dans le milieu à n’importe quel point #»r1 et ressortir à n’importe quel
point #»r2. L’amplitude de probabilité associée est :

A(
#»

ki,
# »

kf ) =
∑

r1,r2

f( #»r1,
#»r2)ei(

#»
ki· #»r1−

# »
kf · #»r2), (F.4)

avec
∑

r1,r2 f( #»r1,
#»r2) qui représente la prise en compte de tous les chemins possibles entre

tous les points d’entrée et de sortie. Nous pouvons désormais calculer la probabilité associée

à A(
#»

ki,
# »

kf ) : P (
#»

ki,
# »

kf ) =
∣∣∣A(

#»

ki,
# »

kf )
∣∣∣
2
:
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Figure F.4: Onde plane de vecteur d’onde initial ~ki, pouvant entrer dans un milieu désordonné
à 3 endroits différents et sortir avec un vecteur d’onde final ~kf à 3 autres endroits différents.
4 chemins possibles sont représentés.

P (
#»

ki,
# »

kf ) =
∑

j,j′

∑
#»r1,

#»r2

∑
#»r3,

#»r4

|a #»r1,
#»r2

j ||a #»r3,
#»r4

j′
|ei(δ

#»r1,
#»r2

j −δ
#»r3,

#»r4

j
′ )

ei(
#»
ki· #»r1−

# »
kf · #»r2)e−i(

#»
ki· #»r3−

# »
kf · #»r4). (F.5)

Nous pouvons moyenner cette probabilité sur les différents désordres que va ressentir l’onde
(nous noterons P (

#»

ki,
# »

kf ) la probabilité moyennée). Comme nous l’avons vu plus haut, les
δj prennent des valeurs aléatoires du fait de la nature aléatoire du milieu. Les seuls termes
survivant lors du moyennage vont être ceux qui respectent :

δ
#»r1,

#»r2
j − δ #»r3,

#»r4
j
′ = 0. (F.6)

Ceci se produit uniquement pour des paires de chemins identiques : ceux qui ont la même
séquence d’évènements de diffusion. Nous pouvons cependant parcourir ces paires chemins
dans les deux sens, il reste deux types de contributions. La première, lorsque les chemins sont
parcourus dans le même sens, est représentée sur la figure F.5. La seconde, lorsque les chemins
sont parcourus dans des sens opposés, est représentée sur la figure F.6.

Figure F.5: Deux chemins parcourus dans le
même sens. La trajet bleu entre en ~r1 avec ~ki
et ressort en ~r2 avec ~kf . Le trajet rouge entre
en ~r3 = ~r1 avec ~ki et ressort en ~r4 = ~r2 avec
~kf .

Figure F.6: Deux chemins parcourus dans
des sens opposés. La trajet bleu entre en ~r1

avec ~ki et ressort en ~r2 avec ~kf . Le trajet rouge
entre en ~r3 = ~r2 avec ~ki et ressort en ~r4 = ~r1

avec ~kf .

133



ANNEXE F. CALCULS DE LOCALISATION FAIBLE

Les chemins du type de ceux de la figure F.5 sont appelés diffusons et apportent la contribution
P1(

#»

ki,
# »

kf ) à la probabilité P (
#»

ki,
# »

kf ) :

P1(
#»

ki,
# »

kf ) :=
∑
#»r1,

#»r2

|f( #»r1,
#»r2)|2ei(

#»
ki· #»r1−

# »
kf .

#»r2)e−i(
#»
ki· #»r1−

# »
kf · #»r2) =

∑
#»r1,

#»r2

|f( #»r1,
#»r2)|2. (F.7)

Cette contribution à la probabilité est appelée partie classique :

Pclass,~k :=
∑
#»r1,

#»r2

|f( #»r1,
#»r2)|2. (F.8)

Notons qu’il n’y a pas de dépendance angulaire à cette contribution. Quel que soit le choix
de ~ki, nous observerons pour tout ~kf la même probabilité d’observer l’onde diffusée. Au final
nous constaterons un fond homogène quel que soit la direction (ou l’angle) dans laquelle nous
regardons.

Les chemins du type de ceux de la figure F.6 sont appelés coopérons et apportent la contri-
bution P2(

#»

ki,
# »

kf ) à la probabilité P (
#»

ki,
# »

kf ) :

P2(
#»

ki,
# »

kf ) :=
∑
#»r1,

#»r2

|f( #»r1,
#»r2)|2ei(

#»
ki· #»r1−

# »
kf · #»r2)e−i(

#»
ki· #»r2−

# »
kf · #»r1) =

∑
#»r1,

#»r2

|f( #»r1,
#»r2)|2ei(

#»
ki+

# »
kf )·( #»r1− #»r2).

(F.9)
Nous obtenons au final l’équation (F.10) :

P (
#»

ki,
#   »

kf ) = P1(
#»

ki,
#   »

kf ) + P2(
#»

ki,
#   »

kf ) =
∑
#»r1,

#»r2

|f( #»r1,
#»r2)|2(1 + ei(

#»
ki+

# »
kf )·( #»r1− #»r2)). (F.10)

De manière générale, la contribution de l’équation (F.9) dépend des positions des points #»r1

et #»r2, la somme sur tous ces points va s’annuler sauf lorsque (
#»

ki +
# »

kf ) · ( #»r1− #»r2) = 0. Lorsque
#»

ki = − # »

kf , l’intensité de l’onde dans le sens opposé à
#»

ki vaut le double de la valeur classique :

P (
#»

ki,
# »

kf = − #»

ki) =
∑
#»r1,

#»r2

|f( #»r1,
#»r2)|2(1 + 1) = 2Pclass,~k. (F.11)

Cet effet est connu sous le nom de Coherent Back Scattering (CBS) et peut être illustré par
les chemins représentés sur la figure F.7.
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Figure F.7: Onde plane de vecteur d’onde initial ~ki envoyée dans un milieu désordonné semi-
infini. Le chemin est parcouru dans un sens par le trajet rouge et dans l’autre par le trajet
bleu. Ce type de chemin contribue au phénomène de Coherent Back Scattering.
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Annexe G

Kicked Rotor Quasi-1D avec
modulation de phase

G.1 Équivalence entre les dynamiques du Kicked Rotor Quasi-
1D modulé en phase et du Pseudo-Rotor 2D

Pour montrer l’équivalence entre les deux modèles nous suivons la démarche utilisée dans [94].
Nous considérons un hamiltonien de type (4.6) avec uniquement une modulation de phase de la
forme a(t) = f(ω2t+φ2). φ2 est la phase initiale de la modulation et ω2 = 2π/N la pulsation.
La fonction f est une fonction de modulation périodique de période N . l’hamiltonien du
Kicked Rotor quasi-périodique modulé en phase est :

ĤQ1D =
p̂2

2
+K cos[x̂+ f(ω2t+ φ2)]

∑

n

δ (t− n) . (G.1)

L’opérateur d’évolution dépend du temps sous la forme 1 :

ÛQ1D(t; t− 1) = e−iK
k̄

cos[x̂+f(ω2t+φ2)]e−ip̂
2/2k̄. (G.2)

La fonction d’onde représentant l’état du système à l’instant t, Ψ(x, t), est obtenue en appli-
quant successivement l’opérateur d’évolution ÛQ1D(t′; t′ − 1) de t′ = 1 jusque t′ = t sur l’état
initial Ψ(x, t = 0) :

Ψ(x, t) =
t∏

t′=1

ÛQ1D(t′; t′ − 1)Ψ(x, t = 0), (G.3)

qui régit la dynamique du Kicked Rotor Quasi-périodique 1D. Intéressons-nous maintenant à
un second système, a priori différent, le Pseudo-Rotor 2D défini par l’hamiltonien

ĤPR =
p̂2

1

2
+ ω2p̂2 +K cos[x̂1 + f(x̂2)]

∑

n

δ (t− n) , (G.4)

avec f(x2) la même fonction qu’en (G.1) qui satisfait :

f(x
[n]
2 ) = a(n), (G.5)

avec n entier. Nous choisissons de regarder l’évolution dans le temps d’un état initial particulier
décrit par l’équation (G.6) :

Ψ(x1, x2, t = 0) = Ξ(x1, t = 0)δ(x2 − φ2). (G.6)

1. Nous choisissons de commencer l’évolution du système par une propagation libre, ce qui ne change rien
à la physique du Kicked Rotor.
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PHASE

Cette condition initiale est parfaitement localisée en x2 donc totalement délocalisée en p2. Elle
est appelée condition initiale en source plane dans l’espace des impulsions [95]. L’opérateur
d’évolution sur une période de l’hamiltonien HPR est :

ÛPR = e−iK
k̄

cos[x̂1+f(x̂2)]e−i(p̂2
1/2+p̂2ω2)/k̄. (G.7)

L’action de ÛPR sur l’état initial se décompose en deux parties :
i) L’opérateur de propagation e−ip̂2ω2/k̄ translate le δ(x2−φ2) entre chaque kick d’une valeur
ω2. Au temps t, après t kicks, nous aurons δ(x2 − φ2 − ω2t).
ii) L’opérateur de kick e−iK

k̄
cos[x̂1+f(x̂2)] agit en prenant les valeurs de x2 correspondant à la

valeur non nulle de δ(x2 − φ2 − ω2t). Ces valeurs sont données au temps t par x2 = φ2 + ω2t.
L’état du système après un temps t est décrit par la fonction :

Ψ(x1, x2, t) = Û tPRΨ(x1, x2, t = 0) = Ξ(x1, t)δ(x2 − φ2 − ω2t), (G.8)

avec

Ξ(x1, t) =
t∏

t′=1

e−iK
k̄

cos[x̂1+a cos(ω2t′+φ2)]eip̂2
1/2k̄Ξ(x1, t = 0). (G.9)

Nous reconnaissons ici l’opérateur d’évolution ÛQ1D(t′; t′ − 1), d’ou :

Ξ(x1, t) =

t∏

t′=1

ÛQ1D(t′; t′ − 1)Ξ(x1, t = 0). (G.10)

À partir des équations (G.2) (G.3), (G.10), nous constatons que les fonctions Ξ(x1, t) et Ψ(x, t)
suivent la même dynamique. La conséquence importante est que la dynamique d’un Kicked
Rotor Quasi-1D suit la même dynamique que celle d’un Pseudo-Rotor 2D avec une condition
initiale en source plane 2. Il est donc possible étudier les propriétés de l’opérateur d’évolution
du Pseudo-Rotor 2D pour déduire les propriété du Kicked Rotor Quasi-1D.

G.2 Propriété de symétrie de la séquence de modulation de
phase a(t)

Nous allons désormais étudier les propriétés de symétrie de l’hamiltonien (G.1) en fonction
de la séquence de modulation périodique a(t) de période N . Pour ce faire, nous considérons
l’opérateur d’évolution symétrisé 3 du Pseudo-Rotor qui possède la même dynamique :

ÛPR = e−
i
2(p̂2

1/2+p̂2ω2)/k̄e−iK
k̄

cos[x̂1+f(x̂2)]e−
i
2(p̂2

1/2+p̂2ω2)/k̄, (G.11)

avec f(x2) une fonction qui satisfait que f(x
[n]
2 ) = a(n) avec n entier. Les valeurs de x[n]

2

respectent

x
[n]
2 = φ2 +

2πn

N
, (G.12)

2. Nous pouvons sans difficulté généraliser ce point pour des systèmes de n dimensions. Cette correspon-
dance dans les dynamiques a permis l’étude et la caractérisation complète de la transition d’Anderson 3D.

3. Nous réalisons une demi-propagation libre avant et après le kick ce qui ne change rien à la physique de
ce Kicked Rotor.
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G.2. PROPRIÉTÉ DE SYMÉTRIE DE LA SÉQUENCE DE MODULATION
DE PHASE A(T)

avec φ2 qui correspond à la valeur initiale de x2. Nous avons vu précédemment qu’un système
appartenait à la classe de symétrie orthogonale si son opérateur d’évolution était invariant
par au moins une transformation par renversement du temps généralisée du type :

Tτ,a1,a2





x̂1 → 2a1 − x̂1

x̂2 → 2a2 − x̂2

t → 2τ − t
p̂1 → p̂1

p̂2 → p̂2

(G.13)

Nous choisissons 2a1 = 0. L’application de cette transformation sur l’opérateur d’évolution
ÛPR renverse l’ordre des opérateurs et réalise x̂1 → −x̂1 et x̂2 → 2a2 − x̂2. Nous obtenons :

Tτ,a1,a2 [ÛPR] = e−
i
2(p̂2

1/2+p̂2ω2)/k̄e−iK
k̄

cos(−x̂1+f(2a2−x̂2))e−
i
2(p̂2

1/2+p̂2ω2)/k̄. (G.14)

L’opérateur étant au préalable symétrisé, le renversement de l’ordre des opérateurs est sans
effet. L’invariance de ÛPR vis-à-vis de Tτ,a1,a2 se traduit par la condition

Tτ,a1,a2 [ÛPR] = ÛPR. (G.15)

Cette condition est vérifiée si :

f(2a2 − x2) = −f(x2). (G.16)

L’égalité (G.16) est vraie si f(x2) possède un point d’antisymétrie. Ceci est vérifié si et seule-
ment si la séquence a(t)

∑
n δ (t− n) possède un point d’antisymétrie. Nous pouvons voir sur

la figure G.1 une séquence a(t)
∑

n δ (t− n) antisymétrique périodique de période N = 8. En
effet, nous constatons la présence d’un point d’antisymétrie au kick 4. Un système modulé
avec cette séquence appartiendra à la classe de symétrie orthogonale.

Figure G.1: Séquence de modulation a(t)
∑

n δ (t− n) de période N = 8 antisymétrique
autour du kick 4.

La figure G.2 présente le cas d’une modulation périodique non antisymétrique. Dans ce cas,
le système appartient à la classe de symétrie unitaire.
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ANNEXE G. KICKED ROTOR QUASI-1D AVEC MODULATION DE
PHASE

Figure G.2: Séquence de modulation a(t)
∑

n δ (t− n) non antisymétrique de période N = 8.
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Annexe H

Localisation d’Anderson 2D

Cet annexe présente un travail réalisé au début de ma thèse portant sur l’étude des phéno-
mènes de transport dans un système désordonné de dimension 2 appartenant à la classe de
symétrie orthogonale. Dans un tel système, la localisation d’Anderson se manifeste et possède
des propriétés d’échelle très particulières. Nous montrons expérimentalement dans l’article
reproduit ci-après que la longueur de localisation varie exponentiellement avec la force du
désordre ainsi que l’anisotropie. Cette propriété d’échelle particulière constitue une preuve
que la dimension deux est la dimension critique inférieure de la localisation d’Anderson.
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Dimension 2 is expected to be the lower critical dimension for Anderson localization in a time-reversal-
invariant disordered quantum system. Using an atomic quasiperiodic kicked rotor—equivalent to a two-
dimensional Anderson-like model—we experimentally study Anderson localization in dimension 2 and we
observe localized wave function dynamics. We also show that the localization length depends
exponentially on the disorder strength and anisotropy and is in quantitative agreement with the predictions
of the self-consistent theory for the 2D Anderson localization.
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The metal-insulator Anderson transition plays a central
role in the study of quantum disordered systems. Using a
tight-binding description of an electron in a lattice,
Anderson [1] postulated in 1958 that the dominant effect
of impurities in a crystal is to randomize the diagonal term
of the Hamiltonian, and showed that this may lead to a
localization of the wave function, in sharp contrast with the
Bloch-wave solution for a perfect crystal. In a weakly
disordered (3D) crystal, the eigenstates are delocalized,
leading to a diffusive (metallic) transport, while strong
disorder produces an insulator with localized eigenstates.
From its original solid-state physics scope [1–4] this
approach has been applied to a large class of systems in
which waves propagate in disorder. This includes quantum-
chaotic systems [5,6] and electromagnetic radiation [7–9].
Important theoretical progress was obtained in Ref. [10],
which postulated that Anderson localization can be
described by a one-parameter scaling law, leading to the
prediction that, for d ≤ 2, the dynamics is generically
localized, even if the disorder is very weak. For d > 2,
it predicted the existence of the Anderson transition
between a diffusive dynamics at weak disorder and a
localized dynamics at strong disorder.
There is no fully quantitative theory of Anderson locali-

zation, and analytic results are scarce. Supersymmetry
techniques [11] allow derivation of expansions in powers
of d − 2 of the various quantities of interest, but reaching
even d ¼ 3 is difficult. A useful, simplified theoretical
approach is the so-called self-consistent theory of locali-
zation. In fewwords, it can be thought as a mean field theory
where large fluctuations are neglected, but where weak
localization corrections to transport, due to interference
between time reversed multiply scattered paths, are
included self-consistently. For spinless time-invariant
systems, belonging to the orthogonal symmetry class
[11], this approach correctly predicts the existence of the

metal-insulator Anderson transition for d > 2, although it
fails to predict the correct critical exponent. For d ¼ 1, it
quantitatively predicts the localization length in a weak
disorder. Other approaches lead to approximate values for
the critical exponent not far from the numerical predic-
tion [12].
Dimension d ¼ 2—the lower critical dimension—is

very special, the localization properties depending on the
symmetry class. In the orthogonal symmetry class, the
dynamics is always localized, but the localization length is
predicted to scale exponentially with the inverse of the
disorder strength, i.e., ξ ∝ lexpðπkl=2Þ [13] where k is
the wave vector and l the mean-free path for propagation in
the disordered medium. As discussed in the Supplemental
Material [14], such an exponential dependence is a sig-
nature of the fact that d ¼ 2 is the lower critical dimension
for Anderson localization. The 2D case has been previously
studied experimentally in optical and ultracold atom
systems [8,18], but no quantitative indication of the
exponential scaling has been demonstrated yet. In the
present Letter, we use the well-known correspondence
between the d-dimension Anderson model and the
d-frequency quasiperiodic kicked rotor [6,19,20] to test
experimentally these predictions.
The quasiperiodic kicked rotor (QPKR) [5,6,19–21] is a

spatially one-dimensional system with an engineered time
dependence such that its dynamics is similar to the
dynamics of a time-independent multidimensional system.
The QPKR can be simply realized experimentally by
exposing laser-cooled atoms (Cesium in the present work)
to a delta-pulsed (kicked) laser standing wave of wave
number kL and time period T1. The amplitude of the kicks
is quasiperiodically time modulated with a frequency ω2.
The dynamics is effectively one dimensional along the axis
of the laser beam, as transverse directions are uncoupled.
The corresponding Hamiltonian is
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H ¼ p2

2
þ K cos x½1þ ε cos ðω2tÞ�

XN−1

n¼0

δðt − nÞ; ð1Þ

where x is the particle position, p its momentum,K the kick
intensity, and ε the amplitude of the modulation. We have
chosen conveniently scaled variables such that distances
along the x axis are measured in units of ð2kLÞ−1, the
particle’s mass is unity and time is measured in units of the
pulse period T1. In the quantum case, a crucial parameter is
k̄ ≡ 4ℏk2LT1=M, the reduced Planck constant.
For ε ¼ 0, one obtains the periodic kicked rotor, which

can be mapped onto a one-dimensional Anderson-like
model [6], and displays “dynamical” localization [5,22],
that is, Anderson localization in momentum space instead
of configuration space. For nonzero ε, the temporal
dynamics of the QPKR is exactly that of a two-dimensional
periodic kicked system [19,20,23], which itself can be
mapped—provided 2π=T1, ω2 and k̄ are incommensurable
numbers—onto a two-dimensional Anderson-like
anisotropic-hopping model, where anisotropy is controlled
by ε and the ratio of hopping to diagonal disorder is
controlled by K=k̄ [24].
The experimental observation of dynamical localization

in the atomic kicked rotor in 1995 [21] can thus be interpreted
as the first experimental observation of 1D Anderson locali-
zation with atomic matter waves. The two-frequency
modulation of the QPKR—which can be mapped on a 3D
Anderson model [20,23]—was used to experimentally
observe 3D Anderson localization and the metal-insulator
Anderson transition [25], accurately measure the critical
exponent, and demonstrate its universality [26].
The experimental study of the 2D case is more

challenging than the 3D one, because the observation of
the exponential behavior of the localization length ploc
requires ploc to vary over about 1 order of magnitude. The
localization time increasing with ploc, this also requires
the ability to preserve coherence over several hundreds
kicks. This needed major evolutions of our experimental
setup [27].
Experimentally, an atomic sample consisting of few

million atoms is prepared in a thermal state (3.2 μK)
whose momentum distribution is much narrower than
the expected localization length. The atomic cloud is then
“kicked” by a far-detuned (Δ ≈ 13 GHz) pulsed standing
wave (SW). Pulse duration is typically τ ¼ 300 ns, while
the typical pulse period T1 ¼ 27.778 μs corresponds to an
effective Planck constant k̄ ¼ 2.89. According to Eq. (1),
an adjustable amplitude modulation with ω2=2π ¼ ffiffiffi

5
p

is
superimposed to the kick sequence. In our previous experi-
ments, to minimize coupling with gravity, the SW was
horizontal. However, for 1000 kicks the atoms fall down by
3.8 mm, compared to the 1.5 mm SW waist, limiting the
maximum number of kicks to 200. In order to overcome
this limit we used in the present experiment a vertical SW,
and the atoms fall freely between kicks. The new SW is

formed by two beams that can be independently controlled,
both in amplitude and phase, through a radio frequency
driving two acousto-optic modulators. This allows us to
accurately cancel gravity effects, by imposing a linear
frequency chirp to one arm of the SW with respect to the
other, so that the SW itself “falls” with acceleration g. A
kicked rotor is thus realized in the free-falling reference
frame. These technical improvements are discussed in more
detail in the Supplemental Material [27]. At the end of the
sequence, the velocity distribution is measured by a
standard time-of-flight technique.
Figure 1(a) shows experimental momentum distributions

ΠðpÞ recorded after 0 to 1000 kicks for K ¼ 5.34,
k̄ ¼ 2.89, ε ¼ 0.36. If the dynamics were classical, the
momentum distribution would keep its initial Gaussian
shape and the average kinetic energy would increase
linearly with time, Ekin ¼ Ekinðt ¼ 0Þ þDt, where D is
the classical diffusion constant in momentum space. In
contrast, the experimental result displays a distribution
which diffusively broadens at short times, but tends to
freeze, i.e., to localize at long times. This clear-cut proof of
localization is confirmed by the shape of the momentum
distribution, shown in Fig. 1(b) after 200 kicks. It very
clearly displays an exponential shape [28] (a straight line in
the logarithmic plot) expð−jpj=plocÞ=2ploc characteristic of
localization with a localization length ploc [29]. Figure 1(c)
shows the momentum distributions after 1000 kicks for
K ¼ 5.34, k̄ ¼ 2.89, and increasing values of ε. It dem-
onstrates that the localization length varies very rapidly
with ε, indicating the evolution from a 1D localization at
ε ¼ 0 to a truly 2D localization with a much longer
localization length at ε ¼ 0.6. In order to prevent trivial
localization on KAM tori [30], we always used K > 4,
ensuring that the classical dynamics is ergodic.
Instead of measuring the full momentum distribution, it

is sufficient to measure the population Π0ðtÞ of the zero
velocity class as

Ekin ∝
1

4Π2
0ðtÞ

ð2Þ

is proportional to hp2iðtÞ (as the total number of atoms is
constant) [31].
Figure 2 displays Ekin (at 1000 kicks) vs ε for various

values of K and k̄ , showing that the exponential depend-
ence in ε is a general feature, with a rate that decreases
with k̄ and increases withK. Note the overall Ekin dynamics
of a factor of 60 (corresponding to an eightfold increase in
the localization length), a key feature of the present
experiment.
The scaling theory of localization [10] predicts that

dimension d ¼ 2 is the lower critical dimension for the
Anderson transition. For a time-reversal invariant spinless
system (thus belonging to the orthogonal universality
class), all states are localized with an exponentially large
localization length. For a usual 2D time-independent
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system, the relevant parameter is the dimensionless con-
ductance at short scale, equal to the product kl of the wave
vector by the mean free path, so that the logarithm of the
localization length is proportional to kl [14].

The scaling theory cannot be directly transposed to the
case of the kicked rotor for two reasons. (i) There is no
wave vector playing the role of k. Instead, one must
consider the diffusion constant (in momentum space),
which is, for a periodic kicked rotor, approximately equal
to K2=4. (ii) The diffusion process for the 2D quasiperiodic
kicked rotor is not isotropic. As shown in Ref. [32] and
discussed in the Supplemental Material [14], the quasi-
periodic kicked rotor can be mapped on a 2DAnderson-like
model, whose dynamics at short time is indeed diffusive,
but anisotropic. Along the “physical” direction (which
coincides with the atom momentum component along
the standing wave), the diffusion constant is—for small
ε—almost equal to the one of the periodic kicked rotor,
D11 ≈ K2=4; along the other (virtual) direction, the dif-
fusion constant is D22 ≈ K2ε2=8, so that it vanishes in the
limit ε → 0, where one must recover the usual 1D periodic
kicked rotor.
Altogether, the relevant parameter is the geometric

average of the diffusion constant along the two directionsffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffi
D11D22

p
∝ εK2. The scaling theory predicts that the

logarithm of the localization length should be proportional
to

ffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffi
D11D22

p
=k̄ 2. A similar prediction was made in Ref. [19]

using a slightly different method.
The self-consistent theory of localization is an attempt

towards more quantitative predictions, based on the same
ideas as the scaling theory. It has been successfully used to
predict properties of the Anderson transition [33,34], and
was transposed to the periodic kicked rotor in Refs. [22,35]
and to the quasiperiodic kicked rotor with two additional
driving frequencies in Ref. [36]. It consists in computing
perturbatively the weak localization correction to the
(anisotropic) diffusion constant and to extrapolate to
the strong localization regime. It, however, depends on

FIG. 2 (color online). Kinetic energy Ekin of the quasiperiodic
kicked rotor vs the modulation amplitude ε, for various values of
the kicking strength K and effective Planck constant k̄ . The error
bars indicate the typical experimental uncertainty. The four
curves are straight lines in this logarithmic scale, with a slope
that decreases with k̄ and increases with K.

FIG. 1 (color online). Experimentally recorded momentum
distributions for the kicked rotor exposed to a quasiperiodic driving,
Eq. (1). (a) K ¼ 5.34, k̄ ¼ 2.89, ε ¼ 0.36, 0 to 1000 kicks (step
200). The momentum distribution diffusively broadens at short
times and freezes at longer times, proving the existence of 2D
Anderson localization. Time increases from top to bottom curves.
(b) Momentum distribution at 200 kicks in log scale, showing the
exponential shape characteristic of localization. The circles are
experimental points, the blue dashed line is a Gaussian fit and the
black solid line an exponential fit for jpj > 3ð2ℏkLÞ. (c) Localized
momentum distributions after 1000 kicks, as a function of the
anisotropy parameter ε, for K ¼ 5.34, k̄ ¼ 2.89 as in (a) and (b).
The modulation amplitude ε increases from top to bottom curves.
The rapid increase of the localization length shows the evolution
from the 1D localization at ε ¼ 0 to the truly 2D Anderson
localization.Note the different horizontal scales in thevarious plots.
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the cutoffs used. For our quasiperiodic kicked rotor [14] it
confirms the prediction of the scaling theory, namely,

ploc ¼
K2

4k̄
exp

�
αεK2

k̄ 2

�
ð3Þ

where α is a number of the order unity, which may however
depend smoothly on the parameters. In the limit ε → 0, it
is α ¼ π=

ffiffiffiffiffi
32

p
.

In Fig. 3, we display the results of 275 measurements,
corresponding to 12 values of the ratio K=k̄ ∈ ½1.3; 2.5�,
with K ∈ ½4.33; 7.26� and k̄ ¼ f2.89; 3.2; 3.46g, and to ε
values from 0 to 0.6 (step 0.06). Dividing EkinðεÞ by
Ekinðε ¼ 0Þmakes it possible to probe the exponential term
in Eq. (3). The exponential dependence (straight line in
logarithmic scale) is visible for ε≲ 1, materialized by the
red dashed line, corresponding to the prediction α ¼
π=

ffiffiffiffiffi
32

p
of the self-consistent theory. Despite the spreading

of the experimental results around the average trend, the
overall agreement is rather good. This proves the expo-
nential dependence of the localization length in 2D, and

thus that d ¼ 2 is the lower critical dimension for the metal-
insulator Anderson transition. Some deviations are never-
theless visible. They arise from different phenomena. First,
for large ε, the localization time can be only slightly shorter
than the duration of the experiment (1000 kicks), meaning
that the measured momentum distribution is not the
asymptotic one for infinite time and underestimates the
eventual saturation of Ekin at long time. This explains why
the experimental points at large ε tend to lie below the
theoretical prediction. This is confirmed by numerical
calculations in the experimental conditions for the largest
value ofK=k̄ ¼ 2.5 (longest localization time), see the solid
lower curve in Fig. 3. A second, more fundamental,
phenomenon is that Eq. (3) assumes that the classical
diffusion constant is simply K2=4, which is valid only for
K ≫ 1, whereas oscillatory corrections at moderate K are
known to exist for the 1D kicked rotor [37] and to persist
even for the 3D QPKR [32]. This dependence is thus not
eliminated by the normalization to Ekinðε ¼ 0Þ. This
explains a significant part of the spreading of the data.
Finally, Eq. (3) is expected to be valid in the ε → 0 limit,
see Supplemental Material [14]. At larger ε values, higher
order terms must come into play and are responsible for
significant deviations. This is visible in Fig. 3, where both
experimental (points) and numerical (solid lines) data are
well predicted at small εK2=k̄ 2, but are more widely spread
as εK2=k̄ increases. A thorough analysis of all these
deviations is beyond the scope of this Letter.
To summarize, we presented the first experimental

evidence of two-dimensional Anderson localization with
atomic matter waves. We studied the variation of the
localization length with the system parameters and showed
that it displays an exponential dependence characteristic of
time-reversal spinless systems. To the best of our knowl-
edge, such experimental evidence has not been observed
previously. It demonstrates experimentally that d ¼ 2 is
the lower critical dimension of the Anderson transition. The
observed localization length varies as predicted by the
scaling and the self-consistent theories of localization.
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FIG. 3 (color online). Increase in the kinetic energy at t ¼ 1000
(∝p2

loc) of the quasiperiodic kicked rotor with respect to the purely
one-dimensional situation ε ¼ 0 vs the scaling parameter εðK=k̄ Þ2.
The cloud of experimental points—collected at various values of
K, ε and k̄ —is distributed around an average linear dependence in
this semi-logarithmic plot, which shows the exponential depend-
ence of the localization length, characteristic of 2D Anderson
localization. The red dashed line is the prediction of Eq. (3). The
spread is due in part to experimental imperfections [at large
εðK=k̄ Þ2, the localization time is notmuch shorter than the duration
of the experiment] and in part to fundamental reasons: The linear
dependence on εK2=k̄ 2 in the argument of the exponential, Eq. (3),
is valid only at small ε, and the formula assumes that the classical
diffusion constant is proportional to K2, while the actual diffusion
constant has oscillatory corrections. The black curves are numeri-
cal simulations corresponding to the two “extreme” values of
K=k̄ ¼ 1.3;, k̄ ¼ 3.46 (higher curve) and K=k̄ ¼ 2.5, k̄ ¼ 2.89
(lower curve); they display the same spreading phenomenon.
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We report on the observation of the coherent enhancement of the return probability [“enhanced return to
the origin” (ERO)] in a periodically kicked cold-atom gas. By submitting an atomic wave packet to a
pulsed, periodically shifted, laser standing wave, we induce an oscillation of ERO in time that is explained
in terms of a periodic, reversible dephasing in the weak-localization interference sequences responsible for
ERO. Monitoring the temporal decay of ERO, we exploit its quantum-coherent nature to quantify the
decoherence rate of the atomic system.
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The transport of waves in disordered or chaotic
systems is strongly affected by interference, with striking
signatures for both quantum and classical waves: coherent
backscattering, universal conductance fluctuations [1],
Anderson localization [2], and its many-body counterpart
[3]. Intuitively, one expects multiple scattering by disorder
to lead to a pseudorandom walk, i.e., a diffusive behavior
at long time. For waves, however, even at moderate
disorder strengths manifestations of localization already
show up. A well-known example is weak localization. In
time-reversal-invariant systems, two paths counterpropa-
gating on a closed loop have the same amplitude and phase;
they interfere constructively, doubling the probability of
returning to the starting point.
In practice, weak localization takes the form of different

physical phenomena, depending on the type of experiment
performed. For example, in mesoscopic systems it features
a global reduction of the electronic diffusion coefficient. In
classical wave systems, weak localization is usually evi-
denced by the coherent backscattering effect, which cor-
responds to a narrow peak in the far field of a disordered
medium from which a plane wave is reflected [4–7]. A
third consequence is the enhancement of the probability
for a quantum particle to return to its release point after a
scattering sequence [“enhanced return to the origin”
(ERO)]. This effect manifests itself in the direct (disor-
dered) space as a narrow peak visible at the center of the
density profile of the wave packet. ERO has been observed
with classical waves, for instance in the near-field intensity
profile of seismic waves propagating in the crust [8] or of
acoustic waves in chaotic cavities [9,10], but never with
matter waves. Whatever its manifestations, weak localiza-
tion crucially relies on time-reversal symmetry and
phase coherence, and as such it has been exploited in
many contexts to probe decoherence or magnetic field

effects, especially in mesoscopic physics where it con-
stitutes an invaluable asset to access the electronic coher-
ence time [11–13].
Recent cold atom experiments [14] offer a high level of

control on crucial ingredients like statistical properties
of disorder, dimensionality, interactions, and coupling to
the environment. This has led to clean observations of
Anderson localization [15–17], coherent backscattering
[18], and many-body localization [19]. On the other hand,
the atomic quantum kicked rotor (QKR) [20] has played a
key role in the observation of dynamical localization, a
suppression of the classical chaotic diffusion in momentum
space [21,22], analogous to Anderson localization [23]. By
adding modulation frequencies [24,25], “quantum simu-
lations” [26] of multidimensional Anderson models have
been realized in 2D [27] and 3D [28–32], where the metal-
insulator transition has been completely characterized.
In this Letter, we use the full control of the scattering

events (here the kicks) that occur during the propagation of
the atomic kicked rotor—in contrast with usual disordered
media where scattering events occur randomly in time—to
periodically trigger or extinguish the interference at the
origin of ERO. The observation of ERO is achieved through
oscillations of the return probability. It thus constitutes a
sensitive probe of the “building blocks” of the interference
processes leading to localization. By following in time the
destruction of ERO, we measure the decoherence of the
system. Decoherence is a fundamental process bridging
quantum physics at the microscopic scale with classical
physics at the macroscopic scale [33,34].
In our experiment, a cloud of laser-cooled cesium atoms

is exposed to a pulsed, far-detuned (Δ ¼ −12 GHz, one-
beam intensity I ¼ 330 mW) standing wave (SW) at the
D2 line wavelength λL ¼ 852 nm. A key feature is the use
of a modified version of the QKR [35], in which the SW is
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spatially shifted every second kick by an amount a. We call
such a system a “periodically shifted QKR” (PSQKR), and
it is described by the Hamiltonian

H¼p2

2
þK

X
n

½cosxδðt−2nÞþ cosðxþaÞδðt−2nþ1Þ�;

ð1Þ

where time is measured in units of the SW pulse period
T1 ¼ 14.4 μs, space in units of ð2kLÞ−1with kL ¼ 2π=λL the
laser wave number, and momentum in units ofM=2kLT1 so
that ½x; p� ¼ i × 4ℏk2LT1=M ¼ ik̄, defining the reduced
Planck constant, k̄ ¼ 1.5 in the present experiment. The
kicks have a finite duration τ ¼ 350 ns ≪ T1, and can thus
be considered as delta functions [36]. For K ∝ I=jΔj ¼ 12

the lattice amplitude is ∼770ER, where ER ¼ ℏ2k2L=2M is
the so-called recoil energy. For a ¼ 0, Eq. (1) reduces to the
Hamiltonian of the usual QKR [21,37].
The main sources of decoherence are spontaneous

emission and laser phase fluctuations. The spontaneous
emission rate, ∝ I=Δ2, can be reduced by increasing the
laser-atom detuning jΔj, simultaneously increasing the
beam intensity I or the pulse duration τ to maintain
the same lattice amplitude. Laser phase fluctuations are
reduced by making paths to the interaction region equal.
The residual decoherence rate is equivalent to one sponta-
neous photon per 42 kicks for K ¼ 12. Collisions with
either cold atoms or the hot background gas are expected
to be negligible, of the order of one collision per ∼105
kicks, for a cold atom density ∼1010 atoms=cm3 and cross
section ∼6 × 10−11 cm2.
For the kicked rotor, diffusion and localization take place

in momentum space; hence, ERO manifests itself as a
narrow peak around the initial momentum p ≈ 0 in the
momentum density. Its observation requires a very good
momentum resolution. The experimental ERO signal is
convoluted with the initial momentum distribution, which
reduces the enhancement factor well below the expected
value of 2, see the Supplemental Material [38]. In order to
reduce the FWHM of the momentum distribution down to
∼1.7 × 2ℏkL, we load Cs atoms in a standard magneto-
optical trap, and cool them to a temperature of 2 μK by an
optimized molasses phase. We then apply a pulsed optical
SW, formed by two independent laser beams [27]. The SW
is spatially shifted by changing the phase of one beam with
respect to the other; doing so each other kick realizes the
PSQKR described by Eq. (1). As this Hamiltonian is of
period 2, the ERO peak is present only each second kick,
making its observation easier (see Fig. 1).
The atomic momentum distribution Πðp; tÞ is detected

by a time-of-flight technique (duration 175 ms) at the end
of the kick sequence. At even kicks we clearly observe an
enhancement of ΠðpÞ in the vicinity of p ¼ 0, see the red
curve in Fig. 1(a). In contrast, at odd kicks (blue curve), no

enhancement is visible. Figure 1(b) shows the oscillation of
Π0ðtÞ≡ Πðp ¼ 0; tÞ up to t ∼ 80.
In order to understand the oscillation, consider the

PSQKR evolution operator over one time period (corre-
sponding to two kicks). For symmetry reasons, we consider
the evolution operator U from time 2n − 1=2 to 2nþ 3=2.
This evolution operator can then be split in a “shifted” (odd
kick) operator Ua and a “nonshifted” (even kick) evolution
operator U0: U ¼ UaU0 with

Us¼ exp

�
−
ip̂2

4k̄

�
exp ½−iκcosðx̂þ sÞ�exp

�
−
ip̂2

4k̄

�
; ð2Þ

where s ¼ 0, a and κ ≡ K=k̄. A key point for ERO is the
existence of constructive interference between time-
reversed paths. In the usual QKR, this is due to the
invariance of the evolution operator over one kick—which
coincides with U0—under the generalized time-reversal
symmetry operator T ¼ TP, the product of the time-
reversal antiunitary operator T: t → −t with the unitary
parity operator P: x → −x, such that T : t → −t; x → −x;
p → p preserves momentum. For the PSQKR, T ¼ TP is
not a symmetry operation, because the shift a in Ua is not
parity invariant. However, the product T a ¼ TPa=2 of the
time-reversal operator by the parity operator with respect to

FIG. 1. Experimental observation of enhanced return to the
origin. (a) Momentum distribution Πðp; tÞ at an even (t ¼ 20,
red) and an odd (t ¼ 21, blue) kick. The distribution around p ¼
0 at t ¼ 20 is enhanced with respect to the distribution at t ¼ 21,
as evidenced by the difference signal. (b) The zero-momentum
population Π0 vs t shows a clear oscillation between even kicks
(red circles) and odd kicks (blue squares). The contrast attenu-
ation is due to decoherence. K ¼ 12, k̄ ¼ 1.5, a ¼ 0.04.
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a=2, Pa=2: x → a − x exchanges U0 and Ua:
T aU0;aT a ¼ Ua;0. Thus, for even numbers of kicks, the
symmetry is preserved: T aðUaU0ÞnT a ¼ ðUaU0Þn, but,
for odd numbers of kicks, an orphaned U0 or Ua operator
remains, breaking the symmetry. Hence, for an even
number of kicks, multiple scattering paths, which are
images of each other by T a, will accumulate the same
phase, leading to a constructive interference.
We illustrate this with an example. For periodic boun-

dary conditions [39] along x, we can use the eigenbasis of
the p̂ operator, labeled by an integer n such that
p̂jni ¼ nk̄jni. The free propagation operator is diagonal
in this basis, while the kick operator is

exp ½−iκ cos ðx̂þ aÞ� ¼
X
m

ð−iÞmJmðκÞeimajnþmihnj;

ð3Þ
where JmðxÞ is the Bessel function of the first kind. For odd
kicks (a ≠ 0) the side band components jnþmi get a
phase ma, where m is the change in momentum. In
Fig. 2(a) we represent by a solid line a “momentum path”
(labeled DIR) involving four kicks, to which we match the
associated time-reversed path REV (dashed line). Such a
sequence of counterpropagating paths is responsible for
ERO [40]. Both the DIR and the REV paths accumulate
the same phase (here Φ1 ¼ Φ2 ¼ 5a). The phase differ-
ence Φ1 −Φ2 vanishes, making ERO visible. In contrast,
for a five-kick path and its time-reversed image, Fig. 2(b),
a residual dephasing (Φ1 −Φ2 ¼ 10a) remains, sup-
pressing ERO.
The periodic manifestation of ERO can also be under-

stood from a diagrammatic technique [41]. Assuming that
transport is supported by diffusion, we find (see the
Supplemental Material [42])

Π0ðtÞ≃ 1ffiffiffiffiffiffiffiffiffiffiffi
4πDt

p
�
1þe−Γt×

�
1; if t even;

e−a
2Dt; if t odd

�
; ð4Þ

where D is the diffusion coefficient and Γ the decoherence
rate of the system. The second term in the square brackets is
the contribution of ERO. In agreement with the exper-
imental observation, at finite a this contribution is strongly
suppressed at odd kicks. While Eq. (4) predicts an enhance-
ment factor of 2 between even and odd kicks for sufficiently
large a, the experimentally observed factor is significantly
lower, essentially due to the convolution with the initial
momentum profile (see the Supplemental Material [38]).
Note also that the t−1=2 dependance of the ERO signal is
expected to be valid only in the initial diffusion stage,
whereas the decay at long times is essentially dominated by
exponential terms in Eq. (4).
To demonstrate that the experimental ERO signal is due

to quantum interference we added a controlled amount of
decoherence to the system. We define the quantity
Δt ¼ ð−1Þt½Π0ðt ¼ nÞ − Π0ðt ¼ n − 1Þ�, the difference of
the zero-momentum population between two successive
kicks. Shining on the atoms a resonant laser (“decoherer”)
beam at t ¼ 21þ (just after the 21st kick) produces
spontaneous emission-induced decoherence. The decoherer
is applied during 20 μs (up to t ¼ 23) and its intensity is
adjusted to produce an average number Nsp of spontaneous
emission events per atom, calibrated by shining the
decoherer beam on the magneto-optical trap cloud and
measuring the radiation pressure force it exerts. The effect
of the decoherer beam on the ERO signal is shown in Fig. 3:
the oscillation of Π0 is rapidly quenched after kick 21,
evidencing the coherent nature of the ERO. In order to
avoid transient behaviors immediately after the application
of the decoherer pulse, we consider kick t ¼ 28. The inset

FIG. 2. Paths in momentum space at the origin of ERO. A path is formed of free evolution between kicks (horizontal segments)
and momentum changes at kicks (vertical segments). Momentum changes at odd kicks are associated with an a-dependent phase,
see Eq. (3). The green-dotted REV (reversed) paths are the time reversal of the black-solid DIR (direct) ones and should be read from
right to left (green time scale on the top). (a) For four kicks, the accumulated phases for DIR and REV paths are identical:
ΦDIR ¼ ΦREV ¼ 3aþ 2a ¼ 2aþ 3a ¼ 5a, allowing constructive interference leading to the ERO peak. (b) For five kicks, the
accumulated phases for DIR and REV paths are reversed,ΦDIR ¼ aþ aþ 3a ¼ 5a,ΦREV ¼ −3a − a − a ¼ −5a, and the ERO peak is
suppressed.
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of Fig. 3 shows thatΔt¼28 decays exponentially withNsp. A
small oscillation associated with the ERO persists after the
quench at t ¼ 21, due to the fact that even if the probability
of making no spontaneous emission in the presence of the
decoherer [∝ expð−NspÞ] vanishes at large Nsp, there is a
small probability for the spontaneous photon to be emitted
in a direction very close to the laser axis, like stimulated
photons. In these rare cases, the phase coherence is not
completely destroyed and ERO survives, generating the
residual oscillations after the quench and the deviation in
the inset of Fig. 3.
The ERO signal can also be used to measure the amount

of decoherence present in the system. We observe an
exponential decay of Δt vs t in the inset of Fig. 4, from
which one can determine the “bare” decoherence rate Γ0:
Γ0 ¼ 0.024 for K ¼ 12 and Γ0 ¼ 0.014 for K ¼ 9. Which
physical mechanisms induce this decoherence is presently
unknown [43]. We can nevertheless test the reliability of the
method by applying the decoherer beam during the whole
experimental sequence, thus introducing a controlled
amount of spontaneous emission. The beam intensity is
chosen to produce a decoherence rate Γext. From the decay
of Δt vs t, we determine the total decoherence rate Γ, and
we expect that Γ ¼ Γext þ Γ0. The straight line of slope 1 in
Fig. 4 (not a fit) proves that this is indeed the case. We have
thus a reliable measurement of decoherence rates, very
much like magnetoconductance is used to measure the
electronic phase coherence length in solids [11–13].
In conclusion, we have observed the phenomenon of

enhanced return to the origin with atomic matter waves, a
signature of weak localization in time-reversal invariant
systems. By controlling the phase of the scattering events
induced by the standing wave kicks, we have induced a
periodic oscillation of ERO, allowing for a clear

observation of its contrast. A crucial ingredient is the
kicked rotor’s unique ability to control the even or odd
number of scattering events, in contrast with ordinary
disordered systems where only the average number of
events is controlled. Finally, by introducing a controlled
amount of decoherence, we proved its quantum nature.
This opens promising perspectives for the use of coherent
phenomena to probe sources of decoherence in atomic
systems, as well as other sources of dephasing such as
interactions [44]. Phase control of scattering events may
also constitute an alternative approach to artificial gauge
fields [45] to induce effective magnetic field effects in cold
atom systems.
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Anderson localization, the absence of diffusion in disordered media, draws its origins

from the destructive interference between multiple scattering paths. The localization

properties of disordered systems are expected to be dramatically sensitive to their

symmetry characteristics. So far however, this question has been little explored ex-

perimentally. Here, we investigate the realization of an artificial gauge field in a syn-

thetic (temporal) dimension of a disordered, periodically-driven (Floquet) quantum

system. Tuning the strength of this gauge field allows us to control the time-reversal

symmetry properties of the system, which we probe through the experimental obser-

vation of three symmetry-sensitive ‘smoking-gun’ signatures of localization. The first

two are the coherent backscattering, marker of weak localization, and the coherent

forward scattering, genuine interferential signature of Anderson localization, observed

here for the first time. The third is the direct measurement of the β(g) scaling func-

tion in two different symmetry classes, allowing to demonstrate its universality and

the one-parameter scaling hypothesis.

Introduction

Symmetry, disorder and chaos are ubiquitous in both classical and quantum physics. These

concepts are intimately intertwined: In a ‘disordered crystal’ for instance, disorder stems from

the absence of translational symmetry. But this does not mean that symmetries are absent in

∗Electronic address: radu.chicireanu@univ-lille1.fr
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disordered/chaotic systems; on the contrary, they play a central role as systems presenting the same

symmetries display analogous properties. This idea led to the fundamental concept of ‘universality

class’, grounding the famed random matrix theory [1]. In a dirty metal for instance, breaking the

‘time-reversal symmetry’ (T -symmetry) has a profound effect on transport observables like electrical

and thermal conductivities [2]. A popular way to break the T -symmetry for charged particles is

to add a magnetic field. For neutral systems, where magnetic fields are inoperative, the concept

of ‘artificial gauge field’ [3–5] has recently been introduced: It consists in building Hamiltonians

which behave as if a gauge field were present. In the present work, we exploit the simplicity and

flexibility of driven cold-atom systems to generate such an artificial gauge field. For this purpose,

we build on the well-known kicked rotor [6], which has the status of a paradigm of both classical

and quantum Hamiltonian chaos and can be mapped onto an Anderson-like Hamiltonian in any

dimension [7; 8]. This system is realized experimentally by submitting laser-cooled atoms to ‘kicks’

(constituting the driving) of a far-detuned laser standing wave.

By engineering the periodic drivings, we obtain an experimental ‘knob’ providing complete

control of the relevant symmetry of the system, here the product of parity and time-reversal (PT -

symmetry) [9–11]. Furthermore, we exploit the idea that the accumulated phase of a quantum

particle along a closed multiple-scattering path is independent of the sense in which the loop is

traveled when PT -invariance holds (defining the so-called ‘orthogonal class’), but not when it is

broken (defining, for spinless systems, the ‘unitary class’), an effect that strongly affects quantum

interference in localization phenomena. This allows us to directly observe the impact of this sym-

metry changing on interference signatures of localization in disordered media, and to study the

universal transport properties in the two symmetry classes.

A. Artificial gauge fields in disordered Floquet systems

We first show how to engineer the driving of Floquet systems to manipulate their fundamental

symmetry properties. For this purpose, we consider a generalized kicked rotor Hamiltonian, to

which we add an amplitude K(t) and a spatial phase a(t) in the potential term, both periodically

modulated in time:

H =
p2

2
+K(t) cos[x− a(t)]

∑

n

δ(t− n) , (1)

where x and p are the dimensionless position and momentum of the particle (see definitions in

Appendix A). When K = const. and a = 0, we recover the standard kicked rotor, which can be
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mapped onto an Anderson-like tight-binding model in momentum space [6; 7] with on-site pseudo-

disorder.

When K(t) is temporally modulated at a period 2π/ω2 incommensurate with the kick period,

it has been shown [8; 12; 13] that the temporal modulation can be taken into account by adding a

‘position’ x2 = ω2t+ϕ along a synthetic dimension labeled ‘2’ (‘1’ refers to the physical dimension

along which all measurements are performed). Here, we study the situation where the driving

modulations have a period which is an integer multiple of the kick period (ω2 = 2π/N), i.e.

K(t + N) = K(t) and a(t + N) = a(t) with N an integer. In this case, the synthetic dimension

is also periodic with twisted boundary conditions. Such a system maps onto a synthetic nanotube

threaded by an artificial gauge field (see Fig. 1). The flux of this artificial gauge field through the

transverse section of the nanotube can be easily controlled by changing the initial phase ϕ of the

temporal modulation.

Without loss of generality, it is convenient to illustrate the fundamental mechanism of creation

and control of the artificial gauge field by using the specific example of a period-N amplitude

modulation (N = 5 in the experiment, see below):

K(t) = K

[
1+cos

(
2πt

N
+ ϕ

)]
. (2)

The temporal dynamics can be mapped on that of a two-dimensional pseudo-rotor with Hamil-

tonian [13]: H = p21/2 + 2πp2/N + K cosx1 [1 + cosx2]
∑

n δ(t − n), where x1 = x, p1 = p and

the direction ‘2’ is an ancillary space with 0 ≤ x2 < 2π, where the period N dynamics is simply

given by x2 =ϕ+ 2πt/N (mod. 2π). This equivalent 2D Hamiltonian is time-periodic with period

1. Its Floquet states – eigenstates of the evolution operator over one period with eigenvalue eiω –

are also solution of a tight-binding model: εmΨm +
∑

rWrΨm−r = 0 where m ≡ (m1,m2) and r

label the sites of a 2D square lattice which correspond to momenta in units of effective Planck’s

constant k̄, and Ψm are the components of the Floquet quasi-states. The on-site energy εm is

εm = tan
{[
ω −

(
k̄m1

2/2 + 2πm2/N
)]
/2
}
and the hopping amplitudes Wr are coefficients of the

twofold Fourier expansion of W (x1, x2) = tan [K cosx1(1 + cosx2)/ 2k̄] [8].

When k̄ is incommensurate with 2π, the on-site energies constitute a pseudo-random sequence

in the direction ‘1’, which accounts for the disordered character of our system in momentum space,

leading to Anderson localization. Nevertheless, the on-site energies are periodic along the direction

‘2’ with period N . Thus, we can use the Bloch theorem along the direction 2 and write any Floquet

state as: Ψm1,m2 = e−im2ϕ2 ψm1,m2 , where ϕ2 is the Bloch phase and ψm1,m2+N = ψm1,m2 is

periodic in direction 2. Moreover, since the modulation phase is well-defined, the initial condition
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Figure 1 Emergence of an artificial gauge field in Floquet systems with periodically-modulated

driving. With a periodic kick amplitude (or phase) modulation, our system maps on a disordered ‘synthetic

nanotube’ in momentum space. By conveniently tailoring the temporal driving, we are able to create an

artificial gauge field which controls the time-reversal symmetry properties. For a time-symmetric (a) kick

sequence K(t) the system belongs to the orthogonal symmetry class, whereas a kick sequence without

any particular symmetry axes (b), corresponding to the presence of a non-zero Aharonov-Bohm flux Φ2

(sketched as the light blue area), puts the system in the unitary symmetry class (broken T -symmetry).

Experimentally, two distinct interference signatures can be used to characterize symmetry and localization:

the disappearance of the CBS peak is a clear-cut signature of the symmetry breaking, while the emergence

of a CFS peak is a direct interference signature of the onset of Anderson localization, in both symmetry

classes.

in direction 2 is simply δ(x2 − ϕ) =
∑+∞

m2=−∞ e−im2ϕeim2x2 [13], which selects the Bloch phase

ϕ2=ϕ.

The Hilbert space for Ψ reduces thus to a synthetic nanotube along direction 1, with N sites in

the transverse section along direction 2, see Fig. 1. The initial phase ϕ of the temporal modulation

controls the flux through the nanotube. Indeed, the Floquet eigenequation can be rewritten for the

periodic function ψ as:

εm1,m2ψm1,m2 +
∑

r1,r2

Wr1,r2 eiϕr2 ψm1−r1,m2−r2 = 0 (3)

The hopping matrix elements in Eq. (3) have caught a phase ϕr2. This is similar to a 2D system

exposed to a uniform magnetic field [14; 15]. However, the geometry here is not that of a planar
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system, but rather a quasi-1D system or a nanotube infinite along direction 1 and with N transverse

sites along direction 2. Indeed, a closed loop m2 =0→1→2...→N − 1→ 0 will pick a total phase

Φ2 = Nϕ, while the counter-propagating loop will pick the opposite phase −Nϕ. In contrast, no

phase is picked along a plaquette (m1,m2)→ (m1 + 1,m2)→ (m1 + 1,m2 + 1)→ (m1,m2 + 1)→
(m1,m2). Thus, the effective gauge field flux Φ2 is similar to a magnetic flux, with the magnetic

field along the axis ‘1’ of the nanotube.

A generic value of ϕ corresponds to a non-vanishing (mod.π) flux Φ2. In such a situation, it is

not possible to unwind all the phases in Eq. (3) so that the system is expected to be in the unitary

symmetry class, where all anti-unitary symmetries – product of time-reversal by a geometrical

unitary operation – are broken1. In contrast, if Φ2 = 0 (mod. π), all hopping terms can be made

real and the system is expected to be in the orthogonal class:

Nϕ = 0 (mod. π) : orthogonal class

Nϕ 6= 0 (mod. π) : unitary class. (4)

This simple condition can also be deduced from a direct analysis of the kick sequence. For

the kicked rotor (1), the relevant anti-unitary symmetry is the product of time-reversal by parity

(PT -symmetry) [9; 10]. The Hamiltonian being explicitly time-dependent, there is not a single

generalized time-reversal operator, but a family of operators Tτ : t → 2τ − t; x → −x; p → p,

depending on the temporal origin of the time reversal. The condition for Tτ to be a symmetry

operation requires that the sequence of kick amplitudes K(t) be symmetric around some time τ

(Fig. 1,b). In the more general case of the Hamiltonian (1), it requires additionally that the kick

phases a(t) be antisymmetric (as Tτ changes x to −x).

B. Coherent Back and Forward Scattering

Interference phenomena, which are at the core of Anderson localization, are very sensitive to

symmetry breaking. Coherent Backscattering (CBS) is a simple example: a consequence of the PT -

symmetry is that pairs of scattering paths associated with the same geometrical loop, but traveled

in opposite senses, accumulate the same quantum phase and thus interfere constructively. When

the symmetry is broken, these pairs of paths become out of phase and CBS disappears. However,

in the presence of (strong) Anderson localization, other non-trivial quantum interference effects

1 The case N = 2 is special, as the nanotube then degenerates in a two-leg ladder with a single transverse hopping
matrix element. All phases can be unwound, and the system is the orthogonal class whatever ϕ.
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still exist, such as the Coherent Forward Scattering (CFS), recently predicted theoretically [16] (see

also [17] in the context of the kicked rotor). Contrary to CBS, the CFS is present irrespective of the

symmetry breaking and, for unbound systems, requires the onset of Anderson localization in order

to show up [18–21]. While experimental observations of CBS have been achieved in many different

systems (e.g. [22–27]), no observation of the CFS had been reported so far; here, we provide its first

experimental observation.

In spatially-disordered systems, CBS and CFS manifest themselves in the reciprocal space as two

peaks centered around −k0 (backward) and +k0 (forward direction, resp.) of the velocity distribu-

tion of a wave packet initially launched with a well-defined wave vector k0 [16]. Alternatively, the

constructive interference between time-reversed loops manifests itself in the direct (configuration)

space by an enhanced probability to return to the original position [28].

This interference is visible, in our system, in a mixed momentum/configuration space rep-

resentation (p1, x2), in which the initial state is localized. Starting from p1(t = 0) ≈ 0 and

x2(t = 0) = +ϕ, a CBS peak should be observed around p1 = 0 at x2 = −ϕ (in the presence

of the PT -symmetry) and a CFS peak around p1 = 0 at x2 = +ϕ [17]. Because of the time-

dependence of x2(t) = x2(0) + 2πt/N , we thus expect to observe CBS and CFS at different times,

depending on the initial condition x2(0) (see Appendix C). Both CBS and CFS are measurable in

the physical dimension p1 as peaks around the initial momentum p1 ≈ 0. The temporal modula-

tion is thus essential to separate them, so that they appear at different moments during the kick

sequence2.

We experimentally studied the CBS and CFS effects by using a thermal, ultra-cold cloud of Cs

atoms ‘kicked’ by a series of short pulses of a far-detuned standing wave. It is created by a pair of

counter-propagating laser beams, whose amplitude and relative phase can be changed from one kick

to another in order to create any arbitrary sequences K(t) and a(t). We measure, through time-of-

flight, the ‘return probability’, i.e. the zero-momentum probability density, Π0(t) = |Ψ(p1 = 0, t)|2

vs. time t. The flexibility of our system (1) allows us to optimize the properties of the experimental

Hamiltonian (see details in Appendix B). We utilize a period-10 Hamiltonian, with a suitable

2 For the ‘standard’ kicked rotor, which belongs to the orthogonal symmetry class, the CBS and CFS should exist
simultaneously as peaks centered around p1 = 0. Their distinct experimental observation would be particularly
challenging, in presence of limiting factors such as decoherence and finite-width initial state (see below).
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Figure 2 Experimental observation of CBS and CFS peaks in two symmetry classes. We

measure the time-evolution of the zero-momentum probability density Π0(t) using the Hamiltonian (5),

with the parameter ϕ̃ controlling the PT -symmetry properties. (Top) In the orthogonal class (ϕ̃ = 0),

we observe distinct enhancements of Π0(t) at times t = 6 (mod.10) and t = 0 (mod.10), associated to

CBS (green) and CFS (red) peaks, respectively. The CBS peaks have maximum contrast early during the

kick sequence, and decrease due to stray decoherence, whereas the CFS peaks start by slowly increasing in

contrast, and equalize the CBS at longer times. This constitutes a genuine interferential signature of the

emergence of Anderson localization. (Bottom) The time evolution of Π0 obtained with a Hamiltonian with

broken PT -symmetry (ϕ̃ = −3π/5) clearly shows the disappearance of the CBS peaks in the unitary class.

The CFS peaks, insensitive to the symmetry breaking, continue to be present, with a contrast following the

same increasing trend at short times.
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combination of amplitude and spatial phase modulations:

K(t) = K

[
1 + cos

(
2π(t− 1)

5

)]
and a(t) = −a, t even

K(t) = K

[
1 + cos

(
2π(t− 1)

5
+ ϕ̃

)]
and a(t) = a, t odd. (5)

The symmetry properties of the Hamiltonian are controlled by tuning the parameter ϕ̃, while the

additional phase modulation a(t), with period 2, makes CBS and CFS observable only at even kicks

(see Appendix C). The CFS peak is observed each time x2 returns to its initial value, that is at

kicks 10, 20, 30... The CBS peak is observed only if the Hamiltonian is PT -symmetric (amplitude-

symmetric and phase-antisymmetric sequence). This is possible only if ϕ̃ is an integer multiple of

2π/5. For example, for ϕ̃ = 0, the CBS peak is predicted to appear at kicks 6, 16, 26...

The experimental results for ϕ̃ = 0 (Fig. 2a) display two characteristic features: First, the

general trend of Π0(t) is a decay vs. t, due to the spreading of the initially-narrow wave packet

in momentum space. This decay slows down at long times, when localization sets in. Second, we

observe pronounced peaks at kicks 20, 26, 30, 36, etc. From this series of peaks, one can however

distinguish two subsequences with different properties: The CBS series at t = 6 (mod.10) has a

maximal contrast at the beginning, which slowly decreases with time, while the contrast of the CFS

series at t = 0 (mod.10) increases at short times. On a longer time scale (set by the localization

time tloc), the CFS amplitude asymptotically converges towards the CBS one, and the two peaks

become twins after localization has set in. This constitutes a direct interferential proof of the

occurrence of Anderson localization.

Adding a phase ϕ̃ to the modulation creates an artificial gauge field which breaks the PT -

symmetry. This directly manifests (Fig. 2b) in the disappearance of the CBS peaks at t = 6

(mod.10), whereas at pulses t = 0 (mod.10) the CFS peaks survive and follow the increasing trend,

until saturating at t ∼ tloc.
To test their dependence on the artificial gauge field amplitude, we vary ϕ̃ and monitor the

contrasts of the CBS and CFS peaks (see Appendix D for contrast definitions and measurement

procedure). The results are shown in Fig. 3,a: at ϕ̃ = −2π/5 (which preserves the PT -symmetry)

we observe a pronounced maximum of contrast for the CBS peaks, present here at kicks 2 (mod.10)

(see Appendix C). The decrease of the CBS contrast around this value is a clear signature of

the symmetry breaking. It is qualitatively similar to the magneto-resistance effect [29] induced

in a solid-state sample when time-reversal symmetry is broken by an external magnetic field. On

the other hand, the contrast of the CFS peak is insensitive to ϕ̃, showing its robustness vs. the
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Figure 3 Temporal-dynamics and symmetry-breaking characteristics of the CBS and CFS

peaks. a, The experimental CBS (green) and CFS (red) contrasts were measured vs. the parameter ϕ̃,

which controls the artificial gauge flux. The data is taken at t = 70 kicks, when the CFS contrast approaches

that of the CBS. The CBS contrast is maximum at ϕ̃ = −2π/5, where there is a perfect PT -symmetry. When

ϕ̃ varies, the CBS contrast decreases, and eventually vanishes when the symmetry is completely broken. In

contrast, the CFS contrast is almost insensitive to the value of ϕ̃. The solid lines are ab initio numerical

simulations using experimentally-measured parameters. b, The time evolutions of the CBS (orthogonal,

green) and CFS (orthogonal – red circles, and unitary – red squares) contrasts corresponding to Fig. 2. The

CBS follows an exponential decay (dashed green line, fit), due to decoherence, with a fitted time constant

tdec ≈ 190. The CFS contrasts are fitted using the equations in [20] (red lines) with decoherence effects

included. This yields tloc ≈ 40 in the unitary class and tloc ≈ 16 in the orthogonal class.
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PT -symmetry breaking.

There are fundamental differences between CBS and CFS dynamics: unlike the CBS peak,

which is present at short times with maximal contrast, the CFS peak requires (strong) Anderson

localization in order to show up, on a time scale set by the localization time tloc. The time-dynamics

of the CFS contrast has been theoretically predicted in [20], using a non-perturbative, fully time-

resolved analytical description of a quantum quench in an Anderson-localized unitary system.

In our experiment (Fig. 3,b), the slow decay of both peaks at longer times is due to stray

decoherence. The CBS contrast follows an exponential decay CB(t) = C0 exp(−t/tdec) [30] and

is an excellent measure for the decoherence time tdec on our system. A fit gives tdec ≈ 190 and

an initial amplitude of the CBS contrast C0 ≈ 0.45 (which is lower than unity, due to a finite

initial momentum width effect). In the unitary class, the CFS dynamics is very well fitted by the

analytical formula of [20] multiplied by the same exponential decay due to decoherence: CF (t) =

C0I0(2tloc/t) exp(−2tloc/t) exp(−t/tdec) with tloc ≈ 40 the only fitting parameter (I0 is the modified

Bessel function of order zero). The same fit can be applied in the orthogonal class (see [19] for a

numerical study) and gives a good agreement. As expected, we measure a smaller value of tloc ≈ 16,

which is reduced because of the presence of ‘simple’ loops favoring localization on a shorter time

scale.

These observations prove that the CFS is a marker of non-trivial quantum interference needed

to build Anderson localization in quantum disordered systems. The fact that we can observe a

destruction of CBS in the presence of a surviving CFS is a clear-cut proof of the PT -symmetry

breaking, and that other effects, such as decoherence, are not at the stake for the destruction of the

CBS (Appendix B). Hence, this represents an unambiguous evidence of the changing of our system

from the orthogonal to the unitary class under the effect of the artificial gauge field.

C. Symmetry and transport: universal one-parameter scaling law

The interference phenomena leading to Anderson localization also dramatically influence the

transport behavior in the bulk of disordered quantum systems. First corrections to the ‘classical’

(incoherent) diffusion coefficient D0, known as weak localization, come from CBS-type interference

which enhance the return probability of a quantum particle [28]. This quantum corrections are

directly linked to the presence of the PT -symmetry. In absence of this symmetry, more complex

CFS-type interference induce a smaller deviation from diffusive behavior, with a distinct form.

As we will show below, the temporal evolution of the average momentum spread 〈p21(t)〉 provides
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an excellent insight of the manner this happens in our system (1). We measure 〈p21(t)〉 withK(t) = K

and a(t) = a(t+N) a periodic series of N randomly-chosen phases i.i.d. in [0, 2π], which in general

breaks the PT -symmetry. However, the PT -symmetry can be restored by imposing the a(t) series to

be antisymmetric. The experimental results are averaged over a large number (100) of realizations

of these random phases, with the microscopic parameters K, N and k̄ fixed, thus allowing both

the very high precision necessary for studying the scaling properties and to vary the microscopic

parameters to test the universality of the experimental observations (see below).

In the absence of quantum interference, 〈p21〉 evolves diffusively with time: 〈p21〉 = 2D0t. In

the orthogonal class, self-intersecting (CBS-like) single-loop interference paths, which are already

present from very short times, lead to a rapid deviation from classical diffusion (Fig. 4.a). In the

unitary class, where the one-loop corrections are absent, this has a dramatic effect on transport

properties, leading to a ‘slower’ deviation from classical diffusion (Fig. 4.b).

An instrumental progress in the theory of metal-insulator transitions was the so-called ‘one-

parameter scaling theory’ introduced by Abrahams et al. [31]. It shows that, irrespective of the

microscopic details of the system, transport properties should obey a universal scaling behavior,

characterized by a single quantity, β ≡ d ln g/d lnL, the logarithmic derivative of the dimensionless

conductivity g with respect to the size L of the system, which is a measure of transport. Expressed

only as a function of the conductivity g itself, the resulting β(g) function is ‘universal’, that is,

independent of microscopic details. This function has played a central role in the study of disordered

systems. Here we present a direct experimental measurement of the β(g) scaling function, for both

orthogonal and unitary class, and a test of its universality within each symmetry class. This

approach can be directly tested in our case, in a remarkably simple manner, by studying the

momentum spreading of a wave packet in one dimension.

The kicked rotor, which maps on a pseudo-random Anderson model (see above), should also

obey a one-parameter law. It is however a dynamical system, so that one has to build dynamical

quantities – which are the equivalent of the system size L and the dimensionless conductance g.

The natural choice for the system size L is the number of lattice sites effectively populated. In

momentum space, the lattice sites are momentum eigenstates separated by ∆p = k̄, so that we can

define L =
√
〈p21(t)〉/k̄. Following [32], we can define for the standard kicked rotor g =

√
〈p21(t)〉/tk̄.

In the classical regime where the dynamics is diffusive, this leads to g = 2D0/k̄L, a perfectly

sensible result with a conductance decreasing like the inverse of the system size (Ohm’s law) and

proportional to the diffusion coefficient (Einstein law). Such a definition immediately leads to
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Figure 4 Weak localization corrections and one-parameter scaling function β(g) in a quasi-1D

disordered system. a,b, Time-evolution of 〈p21〉 in the weak-localization regime in the two symmetry

classes. Closed-loop corrections lead to a rapid deviation from classical diffusion (dashed line) in the or-

thogonal class (a). In the unitary class (b), these corrections are absent, which qualitatively translates in

a much slower departure from classical diffusion. In both cases, D0 is the same within ∼ 20%. c, Exper-

imental dependence of the β(g) function on the dimensionless conductance g = N
√
〈p21〉/(k̄t), measured

following the 1D spreading of a wave packet in momentum space. The different symbols (circles, dia-

monds and squares) correspond to three sets of different microscopic parameters (K and N) of the system:

(K,N) ∈ {(4, 3), (4.5, 4), (3.5, 5)} (orthogonal, orange) and respectively (K,N) ∈ {(2.5, 3), (4, 4), (1.6, 5)}
(unitary, blue), for a value of k̄ = 1. All data in each class collapse onto two distinct universal β(g) func-

tions, characteristic of each symmetry class, indicated by the shaded regions. The asymptotic behavior at

large g is correctly predicted by eqs. (6) (continuous lines) inside their domain of validity.
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β = −1, as expected for a classical diffusive one-dimensional system.

However, one needs to take into account the fact that our synthetic quasi-1D system consists

of N transverse channels (see Fig. 1). In this case, its conductance is N times larger than for a

purely-1D system. We thus define g ≡ N
√
〈p21(t)〉/(tk̄), while the definition of L, counting the

number of occupied lattice sites in the longitudinal direction ‘1’ is unaffected.

The leading corrections to 〈p21(t)〉 due to loops have been calculated for the kicked rotor in [33],

both in the orthogonal and unitary classes3. They allow us to compute the lowest-order correction

to the β(g) function, valid in the limit of large conductivities:

β(g) = −1− 4
√

2

3
√
πg

: orthogonal class,

β(g) = −1− 1

2g2
: unitary class. (6)

In order to test these predictions, and the universality of β(g), we studied a series of different

values for the microscopic parameters K and N , in the two symmetry classes. The measured β-

functions are shown in Fig. 4.c. A remarkable feature of these results is that all data collapse on

two distinct scaling functions, as evidenced by the shaded zones, characteristic for each universality

class. This constitutes an experimental demonstration of the validity of the one-parameter scaling

law. It also shows that the shape of the β(g) function makes is a clear marker of the presence or

absence of an artificial gauge field governing the PT -symmetry.

The unitary case is in excellent agreement with (6). This is also true in the orthogonal class,

in the limit of large g (typically for 1/g < 0.5). For smaller values of g we notice deviations

from (6), which we confirmed through numerical simulations. This probably indicates that higher-

order interference diagrams should be taken into account in the orthogonal class, and we hope that

these observations will stimulate further theoretical investigations in this direction.

D. Conclusions et perspectives

These striking observations highlight the importance of symmetries for the localization and

transport properties of disordered media, and the possibility to control them using an artificial

gauge field – generated here by appropriately tailoring the driving parameters of a Floquet system.

Our method presents a remarkable experimental simplicity, and avoids both the complexity and

limitations in more involved schemes (using, e.g., close-to-resonance Raman-dressing of internal

3 The correction in the unitary class is given with the wrong sign in [33] (C. Tian, private communication).
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states). We characterized the Anderson localization from a new perspective, by directly probing

interferential ’building blocks’ such as the Coherent Back- and Forward- Scattering phenomena. We

also measured, in perfectly controlled conditions, the β(g) scaling function – a universal character-

istic measure of transport in disordered media. Moreover, we demonstrated the different sensitivity

of these effects with respect to the artificial gauge field flux, which controls the PT -symmetry

properties of the system.

Interference signatures (such as the CFS) could provide valuable tools to observe the Anderson

transition and probe its critical properties in higher dimensions and different symmetry classes. En-

gineering spin-orbit-coupled dynamical Floquet systems (e.g. using internal-state-dependent optical

potentials) would allow, for example, to study the symplectic symmetry class, where Anderson lo-

calization is expected to occur in dimensions as low as two. This also opens an avenue for the study

of fascinating phenomena, like quantum Hall effect, Floquet topological insulators and artificial

magnetism.

Acknowledgments

The authors are grateful to Chushun Tian and Adam Rançon for fruitful discussions and to An-

toine Browaeys for a critical reading of this manuscript. GL acknowledges an invited professorship

at Sapienza University of Rome. GL thanks CalMiP for access to its supercomputer. This work is

supported by Agence Nationale de la Recherche (Grant K-BEC No. ANR-13-BS04-0001-01), the

Labex CEMPI (Grant No. ANR-11-LABX-0007-01), Programme Investissements d’Avenir under

the program ANR-11-IDEX-0002-02, reference ANR-10-LABX-0037-NEXT, and the Ministry of

Higher Education and Research, Hauts de France Council and European Regional Development

Fund (ERDF) through the Contrat de Projets Etat-Region (CPER Photonics for Society, P4S).



15

Supplemental Material

Appendix A: Experiment

In the experiment, we start from a laser-cooled Cesium atomic sample, prepared in a thermal

state (T ' 1.5 µK). The cloud ‘kicked’ along the vertical x axis by a far-detuned, pulsed (period T1)

optical standing wave (SW), which is created by two independent lasers beams. This allows us to

control the amplitude and phase of the potential (via the RF signal sent to two different AOMs) and

to shape the modulation sequences K(t) and a(t) as in (1). The laser parameters are: the detuning

∆ = −13 GHz (at the Cs D2 line, wavelength λ = 852.2 nm), the maximum intensity I = 300

mW/beam, the pulse duration τ = 200 ns, while T1 is varied typically between 10 and 30 µs. After

the desired number of kicks, the cloud is allowed to expand for ∼ 170 ms and the momentum

distribution |Ψ(p)|2 is measured using the time of flight technique. To determine 〈p2(t)〉, used for

the β(g) measurements, we fit the clouds’ distribution of squared-momentum |pΨ(p)|2 using the

Lobkis-Weaver formula [34], which describes the dynamics of the wave function at all times, from

the diffusive to the localized regime.

For the CBS/CFS measurements, it is crucial to utilize a sample with an initial momentum

distribution narrower than the width of a Brillouin zone. Indeed, the CBS and CFS peaks have

widths given by that of the initial state, and their respective contrasts (equal to one in the ideal

case) is strongly reduced otherwise. In order to decrease the mean kinetic energy of the sample,

the atoms are loaded in a very shallow 1D optical lattice (vertical direction), whose depth is less

than the initial temperature. This filters out the most energetic atoms. Subsequently, we realize 1D

adiabatic cooling by switching off the lattice in ∼ 1µs, reaching a momentum distribution width

< 0.67×2~kL, which corresponds to an ‘equivalent 1D temperature’ < 400 nK (this value is limited

by the resolution of the time-of-flight detection).

Units: We have chosen conveniently-scaled variables in order to express the Hamiltonian in the

dimensionless form (1): distances along the x axis are measured in units of (2kL)−1 (where kL is

the SW wave number), time in number of kicks (or units of T1), the particle mass is unity. The

Hamiltonian (1) is associated with the Schrödinger equation ik̄ ∂ψ∂t = Ĥψ, where k̄ ≡ 4~k2LT1/M

plays the crucial role of an effective Planck constant, which can be adjusted at will by modifying

e.g. the kick period T1. The canonical commutation relation reads [x̂, p̂] = ik̄.

The Hamiltonian (1) is spatially 2π-periodic, so that the solutions of the Schrödinger equation

can always be expanded on a discrete lattice in momentum space pm = (m+ β)k̄ where k̄ denotes

the effective Planck’s constant, m is an integer and 1/2 < β ≤ 1/2 is the Bloch vector varying in
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the first Brillouin zone. Due to the spatial periodicity of the system, β is a constant of motion, so

that the whole analysis can be performed for β = 0.

Appendix B: Correlations and decoherence in the kicked rotor

Decoherence is a major limitation in both CBS/CFS and β(g) experiments. In our experiment,

it comes mainly from residual spontaneous emission and fluctuations in the SW phase. To keep

decoherence under control, we use rather small average values of K, where short-time correlations

between kicks are known to occur (leading, for instance, to well-known oscillations in the diffusion

coefficient [12; 35]). In our case, these temporal correlations are responsible for large-amplitude

oscillations, affecting the measurements of both the CBS/CFS contrast, but especially (via 〈p2(t)〉)
of the β(g) function. Indeed, because β(g) is a logarithmic derivative (d ln g/d lnL), it is extremely

sensitive to correlations, as well as to the experimental noise.

We are able to eliminate almost completely the effect of correlations by conveniently averaging

over several realizations of the disorder. The best possibility is to average over a large number of

realizations of the random phase sequence a(t), this method being extensively used for our β(g)

measurements. Each experiment is repeated 500 times, with a total of 100 different random

realization of a(t) (corresponding to as many different realization of disorder), and the resulting

momentum distributions |Ψ(p)|2 are averaged. While phase modulations are very convenient for

averaging out the correlations, it turns out that using amplitude modulations K(t) and a relatively

large (& 10) modulation period is more suitable for achieving a proper temporal separation of

the CBS and CFS peaks. In order to resolve the CFS dynamics, one also needs a sufficiently

large tloc. For the kicked rotor this is usually achieved by increasing the kick amplitude K, which

unfortunately decreases the decoherence time tdec in the experiment. However, it turns out that

adding a period-two phase modulation increases, for certain values of the phase-shift a, the diffusion

coefficient D0 (and thus tloc) without affecting tdec. For the experiments shown in Fig. 2 and 3, a

fixed value a = 0.21× 2π was used.

This is why, for optimizing the experimental conditions for the measurements of the CBS and

CFS contrast dynamics, we opted for a combination of phase and amplitude modulations (5).

Appendix C: Symmetry and times of occurrence of CBS and CFS peaks

The pulse sequence is modulated using a combination of amplitude and phase modulations, as

in (1). The kick amplitude sequence K(t) has a period of 5, whereas the phase a(t) is modulated
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Figure 5 Two pulse sequences belonging to different symmetry classes. The sequences correspond

to the data shown in Fig. 2, and were obtained using two different values of the symmetry-control parameter

ϕ̃ in (5): ϕ̃ = 0 (a) and ϕ̃ = −3π/5 (b), for which the system belongs respectively to the orthogonal and

unitary symmetry class. In the orthogonal class the time sequence has symmetry axes τ ; a CBS peak will

appear at the kicks symmetric to the initial kick with respect to such axis. In the unitary class no CBS peak

will exist. In both cases, the symmetry-insensitive CFS peaks are expected to occur at integer multiples of

the period (N = 10).

with a period of 2 (represented in Fig. 5 by the different colors used for the even and odd kicks),

with an overall period N = 10. A consequence of the period-two phase modulation a(t) is that

PT -symmetry axes only occur in-between kicks (and never during a kick) which explains why CBS

peaks do not occur for odd values of the kick number. A simple analysis of (5) shows that the

corresponding Hamiltonian is PT -symmetric (belonging thus to the orthogonal class) when the

phase ϕ̃ ∈ 2π×
{

0, 15 ,
2
5 ,

3
5 ,

4
5

}
. Each of these values of the ϕ̃ leads to a different time of occurrence

of the CBS peak – corresponding to kicks {6, 10, 4, 8, 2} respectively.
Take for instance the modulation sequence shown in Fig. 5, corresponding to experimental data

in Fig. 2. When ϕ̃ = 0 (Fig. 5,a), the sequence has PT -symmetry axes (vertical dashed lines

labeled, τ), and the system belongs to the orthogonal class. In this case, CBS peaks are expected

to appear periodically, at kicks 6 (mod.10), i.e. at times equal to twice the occurrence time of each

τ . On the other hand, when ϕ̃ /∈ 2π ×
{

0, 15 ,
2
5 ,

3
5 ,

4
5

}
no symmetry axes exist (e.g. in (Fig. 5,b),
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for ϕ̃ = −3π/5). In both universality classes the symmetry-insensitive CFS peaks occur at integer

multiples of the period of the system, i.e. at kicks 0 (mod.10).

Appendix D: CBS and CFS contrast measurements

Analyzing the experimental data in Fig. 2, we can extract the contrasts CB(t) and CF (t), of the

CBS and CFS peaks respectively, vs. time. The contrasts, for either case, are defined as: CB,F (t) =

(Π0(t)−Π0,incoh.(t)) /Π0,incoh.(t), and are evaluated at the occurrence times of their respective

peaks, tCBS and tCFS (corresponding respectively to red and and green points in Fig. 2). Here,

Π0(t) = |Ψ(p1 = 0, t)|2 is the total zero-momentum probability density (also defined in the main

text), while Π0,incoh.(t) corresponds to the incoherent (or ‘classical’) contribution to Π0(t). Outside

tCBS and tCFS (i.e. at times corresponding to the black points in Fig. 2), the two contributions are

identical: Π0(t) = Π0,incoh.(t). In order to evaluate CB,F (t), we interpolate the Π0,incoh.(t) values

at tCBS and tCFS . This method was used for the data shown in Fig. 3.
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Résumé : Contrairement au cas classique, le transport d’une particule quantique dans un
milieu désordonné est fortement affecté par des effets d’interférences. Par exemple, en dimen-
sion 1, la diffusion classique est réduite initialement par des effets de localisation faible jusqu’à
s’annuler totalement aux temps longs, ce qui représente le célèbre phénomène de localisation
d’Anderson. Dans cette thèse, nous utilisons le Kicked Rotor, paradigme du chaos quantique,
pour étudier certains aspects nouveaux de la physique des systèmes désordonnés. Nous appor-
tons ainsi la première observation expérimentale, avec des ondes de matière atomique, d’un
phénomène lié à la localisation faible qui est l’augmentation de la probabilité de retour à
l’origine. Nous montrons également que ce phénomène peut être utilisé comme outil précis de
diagnostic de la décohérence dans le système. Nous présentons une nouvelle méthode expéri-
mentale, remarquablement simple, pour contrôler les propriétés de symétries du Kicked Rotor.
Cela nous permet de créer un système désordonné dans lequel il existe un flux Aharonov-Bohm
artificiel non trivial dans une dimension synthétique. Cela nous offre l’opportunité de briser
la symétrie par renversement du temps et d’étudier la physique de la localisation d’Anderson
dans deux classes d’universalité différentes : la classe orthogonale et la classe unitaire. Nous
avons exploré l’effet de cette brisure de symétrie sur les propriétés physiques des systèmes
désordonnés 1D en regardant deux signatures du transport quantique.Nous observons ainsi
pour la première fois expérimentalement, l’effet de Coherent Forward Scattering, récemment
prédit, qui constitue un nouveau marqueur interférentiel de la localisation d’Anderson. Nous
mettons en évidence ses signatures caractéristiques et nous trouvons qu’elles sont en très bon
accord avec les prédictions théoriques. Enfin, nous réalisons les premières mesures expérimen-
tales des fonctions d’échelle β(G), caractéristiques du transport dans les milieux désordonnés,
dans les deux classes de symétrie. Nous démontrons également leur universalité validant ainsi
l’hypothèse de la loi d’échelle à un paramètre.

Abstract : Contrary to the classical case, transport of a quantum particle in a disordered
medium is strongly affected by interference effects. For exemple, in dimension 1, classical
diffusion is initialy reduced by weak localization effects and, at long times, lead to the so
called Anderson localization phénomenon. In this thesis, we use the Kicked Rotor, paradigm
of quantum chaos, to study new physical aspects of disordered systems. We thus present the
first experimental observation with atomic matter wave of a phenomenon directly linked to
weak localization which is the Enhanced Return to the Origin. We show that this effect can
be used as a tool to measure accuratly the decoherence in the system. We present a novel,
outstandingly simple, experimental method to control symmetry properties of the Kicked
Rotor. This allows us to study a disordered system in presence of a non-trivial artificial
Aharonov-Bohm flux in a synthetic dimension. This gives us the opportunity to break the
time reversal symmetry and then to study the physics of Anderson localization in two different
symmetry classes : the orthogonal class and the unitary class. We have investigated the effect
of this symmetry breaking on physical properties of 1D disordered systems by looking two
signatures of quantum transport. We observe thus experimentally, for the first time, the
Coherent Forward Scattering effect, predicted recently and which represents a novel genuine
signature of Anderson localization. We show its distinctive signatures and a good agreement
with theoretical predictions. Finally, we realise the first experimental measurements of the
β(G) scaling function, characteristic of transport in disordered medium, in two symmetry
classes. furthermore, we demonstrate their universality confirming thus the one-parameter
scaling hypothesis.
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