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Introduction

Amorcée par le problème de la catastrophe ultraviolette, la découverte de la
mécanique quantique a, avec la relativité, mis le monde de la physique en ébullition.
Souvent qualifiée de première révolution quantique, elle a poussé les physiciens du
début du XXe siècle à accepter de "nouvelles règles" étonnantes et contre-intuitives,
modifiant complètement notre vision de la physique.

L’une de ces règles est à l’origine d’un grand nombre de débats : la superpo-
sition quantique. Elle stipule qu’une particule peut être dans plusieurs états à la
fois, tant que cet état n’est pas mesuré. Mais le principe de superposition ouvre la
porte à un phénomène encore plus extraordinaire : l’intrication. Si une superposi-
tion est délocalisée en deux endroits, effectuer une mesure sur l’un des côtés agit
instantanément sur le deuxième. Ce raisonnement en total contradiction avec notre
vision du monde poussera Einstein et ses acolytes Podolsky et Rosen à formuler
un paradoxe qui finira par porter leurs noms : le paradoxe EPR. Ce dernier repose
sur l’impossibilité de transmettre de l’information plus rapidement que la lumière.
Si l’on effectue deux mesures simultanées de notre état délocalisé, comme les me-
sures n’ont pas eu le temps d’échanger des informations, on pourrait penser qu’il
deviendrait alors possible d’obtenir deux résultats contradictoires.

En 1964, John Bell propose une expérience qui permettrait de trancher sur la
nature de la mécanique quantique. Cette expérience sera réalisée en 1972 dans le
groupe de Clauser (Freedman and Clauser, 1972), puis confirmée par les expériences
d’Alain Aspect en 1981 et 1982 (Aspect et al., 1981, 1982a,b). Ces expériences, qui
ont tranché en faveur de la mécanique quantique, ont donné les prémisses de ce que
l’on appelle la deuxième révolution quantique.

La première révolution quantique, qui porte principalement sur notre compré-
hension de l’atome et de la matière, a permis le développement d’un nombre in-
calculable d’inventions comme le laser, l’IRM, l’ordinateur, etc... La seconde révo-
lution porte sur l’application « directe » des principes fondamentaux de la méca-
nique quantique, à savoir : l’intrication, la superposition et le principe d’incertitude
d’Heisenberg. Elle a donné naissance à un domaine encore en développement : l’in-
formation quantique.

L’information quantique peut être séparée en trois branches distinctes : la cryp-
tographie quantique, la simulation quantique et l’informatique quantique.

• la cryptographie quantique : grâce au principe d’incertitude, la cryptogra-
phie quantique permet, lorsque l’on envoie un message, de détecter la mesure
éventuelle de ce message par un espion. Ainsi, si l’on envoie une clé de dé-
chiffrage à un interlocuteur, et qu’elle n’a pas été mesurée par un espion,
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l’émetteur du message peut alors envoyer le message codé par l’utilisation
de cette clé, que seuls le destinataire et l’émetteur possèdent. Ce procédé,
initialement proposé par (Bennett and Brassard, 1984), permet un transfert
parfaitement sécurisé d’information.
D’autres protocoles tels que la téléportation quantique (Furusawa, 1998) per-
mettent, par la combinaison d’un canal « classique » d’information et d’un
canal « quantique » , d’effectuer des transferts d’informations eux aussi entiè-
rement sécurisés.
Aujourd’hui, certains protocoles de transferts de clés sont commercialisés. Ce-
pendant, le véritable challenge reste l’implémentation d’un réseau global de
communication, voir même d’un internet quantique (Kimble, 2008). Des expé-
riences allant dans ces directions ont été récemment présentées (Kómár et al.,
2014; Liao et al., 2017; Yin et al., 2017).

• la simulation quantique : proposée par Richard Feynman en 1982 (Feyn-
man, 1982), elle repose sur une idée très simple : plutôt que de vouloir com-
prendre la mécanique quantique avec les outils du monde classique, on peut
créer un système quantique que l’on peut contrôler. Si ce système est régit
par les mêmes lois que le système étudié, il suffit de le laisser évoluer pour
connaître le résultat final. Si l’on dispose d’un contrôle suffisamment élevé
sur notre système, nous pouvons ainsi sonder la matière à petite échelle afin
de comprendre les observations macroscopiques. De tels systèmes pourraient
nous permettre de comprendre des phénomènes comme la supraconductivité,
la frustration, la diffusion, les transitions de phases quantiques, etc... (Geor-
gescu et al., 2014)
Bien entendu, le challenge est d’obtenir ces systèmes. Différentes plateformes
ont été développées utilisant des ions (Blatt and Roos, 2012), des atomes
neutres (Bloch et al., 2012), etc... Au cours des dernières années, de nombreux
progrès ont été réalisés permettant de créer des systèmes contenant plusieurs
dizaines de particules (Barredo et al., 2016; Bernien et al., 2017).

• l’informatique quantique : elle utilise le principe de la superposition quan-
tique pour définir un nouveau bit d’information appelé qubit. Si le bit classique
peut prendre la valeur 1 ou 0, le qubit peut, grâce au principe de superposition,
être dans une superposition arbitraire des états |0⟩ et |1⟩ :

|Qubit⟩ = 𝛼 |0⟩ + 𝛽 |1⟩ avec |𝛼|2 + |𝛽|2 = 1 (1)

Ce nouvel objet permet de réaliser de nouveaux algorithmes. Pour certaines
tâches, les temps de calculs de ces algorithmes peuvent être beaucoup plus
faibles que ceux des ordinateurs classiques. Les exemples les plus célèbres
sont les algorithmes de Shor (Shor, 1999) et de Grover (Grover, 1996). Le
premier permet de factoriser des nombres premiers en un temps polynomial
plutôt qu’exponentiel, rendant complètement obsolète la majeure partie de
nos systèmes de cryptages qui utilise le fait que le temps de déchiffrage actuel
est « infini » à l’échelle du temps de vie humain. L’algorithme de Grover est
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un algorithme de recherche donnant un avantage quadratique sur le nombre
d’opération nécessaire à la recherche d’un élément d’une liste.
Afin de pouvoir obtenir un ordinateur quantique, 3 éléments sont indispen-
sables :

- un qubit pour coder l’information,
- un ensemble de portes quantiques dit universel, permettant de réaliser

toutes les opérations nécessaires,
- des codes correcteurs d’erreurs.

Pour réaliser ses opérations quantiques, différents systèmes peuvent être uti-
lisés :

- les ions (Debnath et al., 2016), les atomes (Saffman, 2016), les supracon-
ducteurs (Clarke and Wilhelm, 2008) qui ont l’avantage de pouvoir faire
facilement interagir les qubits entre eux mais ont des temps de cohérence
relativement courts,

- les photons : comme la lumière interagit très peu avec son environnement,
les temps de cohérences sont très longs, ce qui fait d’elle un candidat idéal
pour la communication quantique. En revanche, les faire interagir devient
plus compliqué (Knill et al., 2001),

- enfin il existe beaucoup de nouvelles plateformes en développement telles
que les plasmons (Tame et al., 2013) ou les polaritons (Sturm et al., 2014).

Contexte
Les travaux de cette thèse se concentrent sur l’utilisation des photons. Lorsque

l’on utilise la lumière, la dualité onde-corpuscule nous donne deux moyens différents
d’encoder l’information :

Le premier, les variables discrètes, consiste à étudier le nombre de photons d’un
état. Le degré de liberté le plus couramment utilisé est la polarisation ∝ |H〉 + |V 〉.
Les qubits sont très simples à implémenter, mais souffrent des problèmes de détec-
tions des photons uniques.

Le second, les variables continues, consiste à encoder l’information sur le champ
électromagnétique de la lumière. Ces variables ont l’avantage d’avoir des détecteurs
avec de très fortes efficacités. En revanche, la création des qubits est plus complexe.
En variables continues, un des qubits les plus célèbres sont les états chats de Schrö-
dinger optiques. Ces états tiennent leur nom de la célèbre expérience de pensée
d’Erwin Schrödinger (Schrödinger, 1935) qui consiste à superposer deux états clas-
siques. Dans le cas historique, les deux états classiques superposés étaient les états
mort et vivant d’un pauvre chat. En optique, les états qualifiés de classiques, sont
les états cohérents : |α〉. Leur superposition s’écrit :

|α〉 ± |−α〉 (2)
La particularité de ce qubit est que l’on peut différencier les deux états grâce

à une simple mesure homodyne. De nombreux protocoles ont été proposés afin de

3



Introduction

réaliser des opérations quantiques avec ces superpositions (Gilchrist et al., 2004;
Jeong and Kim, 2002; Lund et al., 2008; Marek and Fiurášek, 2010; Ralph et al.,
2003). A partir de ces états, il a été montré qu’il était possible de créer des états
quantiques encore plus complexes tels que les états peignes en quadrature, qui
permettent l’implémentation de codes correcteurs d’erreurs essentiels en information
quantique.

De manière générale, la formation de ces états ne fait pas seulement appel aux
variables continues, mais aussi aux variables discrètes (Ourjoumtsev et al., 2006b,
2007; Zavatta et al., 2004) qui permettent généralement d’annoncer la création des
états, donnant naissance au domaine de l’ingénierie quantique hybride (Andersen
et al., 2015).

Les récents progrès ont permis de générer des états chats contenant de plus
en plus de photons (Etesse et al., 2015; Huang et al., 2015; Ourjoumtsev et al.,
2006b; Sychev et al., 2017). Cependant, les taux de production de ces états restent
relativement faibles et limitent les implémentations de protocoles quantiques.

C’est dans ce contexte de génération d’états non classiques de la lumière que se
situe cette thèse. Elle est articulée en plusieurs étapes, chacunes d’elles consistant
à développer de nouveaux outils pour l’ingénierie quantique hybride.

La première partie porte directement sur la génération d’états non classiques,
dont la superposition d’états cohérents, par la réalisation expérimentale d’un nou-
veau protocole baptisé le protocole de breeding (Etesse et al., 2015). Si l’amplitude
des états obtenus par ce protocole est assez importante pour réaliser des protocoles
quantiques (Lund et al., 2008), les taux de production restent trop faibles pour
espérer réaliser des protocoles quantiques.

Les deux étapes suivantes visent à résoudre ce problème de taux de production
par l’implémentation de deux cavités synchrones associées à une augmentation du
taux de répétition du laser. Les cavités permettent d’accroître l’efficacité des effets
non-lineaires qui sont à l’origine de la création de nos états. La dernière étape est la
réalisation d’une mémoire quantique. Les mémoires sont des outils essentiels à tous
les protocoles d’informations quantiques, afin de permettre la synchronisation d’état
ou l’implémentation de répéteur en communication. Nous montrerons le stockage
d’états de Fock à un et deux photons avec notre mémoire quantique.

Plan de la thèse
Première Partie : Les outils théoriques

Lors de cette partie, nous allons introduire les différents outils théoriques néces-
saires à la compréhension de ce manuscrit.

Le premier chapitre présentera les bases de l’optique quantique. Nous mettrons
en évidence les liens et les différences entre les variables discrètes et continues, ainsi
que les moyens de mesures associés à chacune des descriptions.

Le chapitre deux se concentrera sur un outil complètement nouveau sur l’ex-
périence : les cavités synchrones. Nous commencerons par introduire les bases des
cavités pour continuer sur certains points spécifiques aux cavités pulsées, ainsi que
la méthode d’asservissement utilisée sur l’expérience.
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Seconde Partie : Génération d’états chats de Schrödinger optiques
Dans cette partie, nous ferons un état de l’art sur la génération des états chats de

Schrödinger : s’en suivra une présentation du protocole de breeding développé par
Jean Etesse avant mon arrivée à l’Institut d’optique. Ensuite, nous présenterons la
génération expérimentale de ces états, tout en présentant les outils expérimentaux
utilisés au cours de cette thèse. Nous étudierons aussi la qualité des autres états
produits par ce protocole.

Les états chats ont d’abord été mesurés pour des phases de 90 à 180 °. Ces
mesures ont été réalisées pendant la thèse de Jean Etesse et sont au cœur de celle-
ci. Par la suite, la tomographie a été complétée pendant la première année de ma
thèse. Nous présenterons donc ces résultats ainsi que les fonctions de Wigner des
autres états produits par le protocole.

Nous finirons par un « état des lieux » de l’expérience en identifiant les différents
problèmes à résoudre pour augmenter les taux de production.

Troisième partie : Source d’états de Fock à haute fréquence et mémoire
quantique

Nous finirons par la partie centrale de ces travaux de thèse. Elle consistera à
résoudre les problèmes présentés à la fin de la deuxième partie.

Dans le chapitre six, nous augmenterons le taux de répétition du laser d’un fac-
teur 100. Cette augmentation nous poussera à implémenter des cavités synchrones
afin d’exacerber les effets non-linéaires de l’expérience. Deux cavités ont été implé-
mentées : une cavité de doublage de fréquence, ainsi qu’une cavité nous permettant
d’augmenter la puissance pompe servant à produire les photons uniques. Nous fini-
rons par analyser les états de Fock obtenus avec ce nouveau dispositif expérimental.

Enfin, dans le dernier chapitre, nous aborderons l’installation d’une ligne à retard
optique ainsi que celle de la mémoire quantique. Nous finirons par utiliser la mémoire
quantique afin de stocker des états à un et deux photons.
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Chapitre 1

L’optique quantique
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Dans ce chapitre, nous allons présenter les différents outils théoriques relatifs à la
compréhension de ce manuscrit. Certains points, parfaitement traités dans d’autres
ouvrages ou non-essentiel à la compréhension de cette thèse, ne seront pas explicités
ici. Ainsi, la quantification du champ électromagnétique ne sera pas abordée, elle
est détaillée dans les livres suivants (Cohen-Tannoudji et al., 1987; Grynberg et al.,
2010) ainsi que dans le manuscrit de mon prédécesseur (Etesse, 2014). Nous débu-
terons ce chapitre par une rapide introduction aux variables discrètes et continues.
Ensuite nous verrons une liste non-exhaustive d’états quantiques, d’où en découlera
une partie sur les différents moyens de mesures en mécanique quantique.

1.1 La dualité onde-corpuscule de la lumière
En 1924, Louis de Broglie décrit dans sa thèse (De Broglie, 1924) le principe

d’onde de matière, il donne ainsi naissance au principe de dualité onde-corpuscule,
qui a levé un coin du grand voile qui recouvre la mécanique quantique. L’étude
de la diffraction d’électrons par des cristaux quelques années plus tard (Davisson
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and Germer, 1927) permet de confirmer que la matière peut être étudiée à la fois
comme une onde et comme une particule. Il en est de même pour la lumière. Ces
deux descriptions font l’objet de cette partie. La première description consiste à
étudier la lumière avec des variables discrètes en étudiant les quantas d’énergies
de la lumière. La seconde, les variables continues, consiste à considérer l’aspect
ondulatoire de la lumière en mesurant son champ électromagnétique.

1.1.1 Les variables discrètes
1.1.1.1 Les états de Fock

Lors de la quantification du champ électromagnétique, on montre que le Ha-
miltonien décrivant la lumière peut se ramener à celui d’une somme d’oscillateurs
harmoniques. Ainsi, pour une pulsations donnée 𝜔, les niveaux d’énergie de la lu-
mière sont quantifiés : chaque niveau 𝑛 a une énergie 𝐸𝑛=(𝑛 + 1

2)~𝜔. C’est cette
discrétisation de l’énergie, mise en exergue par Max Planck et Albert Einstein, qui
pousse à utiliser l’interprétation discrète de la lumière. Ainsi, un état d’énergie 𝐸n
peut être considéré comme un état composé de n particules élémentaires appelées
photons.

Mathématiquement, on peut dénombrer le nombre de photons d’un état grâce à
l’opérateur nombre suivant : 𝑁̂ = 𝑎̂†𝑎̂ où 𝑎̂ et 𝑎̂† sont respectivement les opérateurs
annihilation et création du champ électromagnétique 1. Dans l’espace de Hilbert,
l’application de ses opérateurs sur un état comprenant 𝑛 photon se décrit comme
suit :

𝑎̂† |𝑛⟩ =
√
𝑛+ 1 |𝑛+ 1⟩ (1.1)

𝑎̂ |𝑛⟩ =
√
𝑛 |𝑛− 1⟩ (1.2)

où les états |𝑛⟩ sont les états propres de l’opérateur nombre 𝑁̂ . Ces derniers,
appelés états de Fock à n photons, forment une base non-dégénérée de l’espace des
états. Par conséquent, n’importe quel état pur de la lumière |𝜓⟩ peut être décomposé
dans cette base.

|𝜓⟩ =
∑︁
𝑛

𝑎𝑛 |𝑛⟩ (1.3)

Si l’équation 1.3 permet d’exprimer n’importe quel état pur, elle ne permet pas
d’écrire les mélanges statistiques (i.e. : superpositions classiques de deux états). Afin
de pouvoir exprimer ces états, ils nous faut introduire un autre objet mathématique :
la matrice densité.

1.1.1.2 La matrice densité

L’outil le plus complet pour décrire un état en utilisant les variables discrètes
est la matrice densité (Fano, 1957). En effet, elle permet d’inclure les superposi-
tions dites quantiques et les superpositions classiques dans un seul et unique ob-
jet mathématique. L’opérateur matrice densité et ses propriétés sont décrites dans

1. Afin de pouvoir décrire convenablement la mécanique quantique, Dirac à introduit en 1939
un formalisme qui porte aujourd’hui son nom, introduisant la notation de bra et de ket. Ce
formalisme est particulièrement adapté à la description discrète de la mécanique quantique.

10



1.1. La dualité onde-corpuscule de la lumière

(Cohen-Tannoudji et al., 1986). Tout état peut être écrit comme une superposition
classique d’états quantiques purs |ψk〉, chacun de ses états ayant une probabilité pk

d’être mesuré. La matrice densité décrivant cet état s’écrit alors :

ρ =
∑

k

pk |ψk〉 〈ψk| =
∑
n,m

ρn,m |n〉 〈m| (1.4)

où ∑k pk = 1 et ∑k ρk,k = 1. Dans cette équation, |ψk〉 〈ψk| traduit les superpo-
sitions quantiques tandis que pk prend en compte les mélanges statistiques.

Une des notions essentielles de la matrice densité est la différence entre ses élé-
ments diagonaux et non-diagonaux. Les éléments diagonaux, appelés populations,
représentent la probabilité d’être dans un état donné : les informations contenues
dans ses populations sont purement statistiques. A l’inverse, les éléments non dia-
gonaux traduisent la notion de cohérence, liées à la superposition quantique des
états. Il est plus simple de comprendre les différences avec un exemple : soit une
superposition des deux états suivants |0〉 et |1〉. En fonction du cas classique et
quantique, nous obtenons les résultats suivants :

superposition classique superposition quantique

ρc = 1
2

(
1 0
0 1

)
ρq = 1

2

(
1 1
1 1

)

Dans le cas classique (ρc), les populations nous indiquent qu’en mesurant notre
état, nous avons la même probabilité de mesurer zéro photon que un photon, soit
une probabilité de 1

2 . Il en est de même pour l’état ρq. En revanche, ici, les éléments
non-diagonaux nous indiquent que les deux états sont cohérents, nous avons donc
une superposition quantique : |ψ〉 ∝ |0〉 + |1〉. On comprend donc bien l’avantage
crucial de la matrice densité qui est de marier les deux types de superpositions.

Les cohérences cachent une autre propriété importante, la notion de phase. En
effet, pour un mélange statistique, la phase entre les deux états ne peut pas être
mesurée. En revanche, dans le cas quantique, elle est essentielle (de la même fa-
çon que pour des interférences), la superposition quantique décrite plus haut, peut
s’écrire de manière plus générale : |ψ〉 = |0〉 + eiΔφ |1〉 où Δφ est la différence de
phase entre les deux états. Ainsi, la matrice densité est modifiée comme suit :

ρq = 1
2

(
1 eiΔφ

e−iΔφ 1

)
(1.5)

Si nous pouvons accéder aux populations d’un état directement en comptant le
nombre de photons présents sur un grand nombre d’évènements, il est plus com-
pliqué de reconstruire les éléments non diagonaux. Il faut pour cela tourner l’état
dans l’espace des phases, on appelle ce processus de reconstruction la tomographie
quantique (James et al., 2001; Thew et al., 2002; White et al., 1999).

11
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1.1.2 Les variables continues
1.1.2.1 Les fonctions d’ondes

Si nous choisissons de ne plus étudier les niveaux d’énergies de la lumière, mais
son champ électromagnétique, nous plongeons dans le domaine des variables conti-
nues. On étudie maintenant la lumière comme une onde. Afin de la décrire, nous
allons nous intéresser, en fonction de la base utilisée, à son amplitude et à sa phase,
ou à son impulsion et sa position. Lors de la seconde quantification du champ élec-
tromagnétique (Cohen-Tannoudji et al., 1987), on montre que la lumière se com-
porte comme une particule piégée dans un oscillateur harmonique. Ainsi, toutes les
propriétés bien connues de l’oscillateur harmonique s’appliquent à la lumière. On
définit :

• l’opérateur 𝑋̂ = 𝑎̂+𝑎̂†
√

2 et ses vecteurs propres |𝑥⟩, avec 𝑥 ∈ R,

• l’opérateur 𝑃 = 𝑎̂−𝑎̂†

𝑖
√

2 et ses vecteurs propres |𝑝⟩, avec 𝑝 ∈ R,

Ces opérateurs vérifient l’inégalité de Heisenberg :

Δ𝑋Δ𝑃 ≥ 1
2 (1.6)

Pour exprimer l’état quantique utilisé précédemment |𝜓⟩ en utilisant les variables
continues, il est plus avantageux de quitter le formalisme de Dirac (bra et ket) en
projetant |𝜓⟩ sur les vecteurs propres des opérateurs position 𝑋̂ et impulsion 𝑃 . On
obtient ainsi la fonction d’onde de notre état exprimé dans l’espace des positions
ou des impulsions (aussi appelé espace des quadratures) :

𝜓(𝑥) = ⟨𝑥|𝜓⟩ 𝜓(𝑝) = ⟨𝑝|𝜓⟩ (1.7)
Il faut souligner que 𝜓(𝑥) et 𝜓(𝑝) sont deux représentations différentes d’un

même état. Les deux fonctions nous donnent la même quantité d’informations. On
peut passer d’une représentation à l’autre par une simple transformée de Fourier.
Cependant, il nous faudra associer ces deux espaces par la suite.

De la même façon qu’avec les variables discrètes, les fonctions d’ondes ne per-
mettent pas de décrire les superpositions statistiques. Il nous faut donc introduire
une fois de plus une méthode plus complète qui permet de marier les superpositions
statistiques et quantiques. C’est ce qui nous amène vers les densités de probabilités.

1.1.2.2 Les densités de probabilités

La solution pour pouvoir traiter en même temps les superpositions classiques et
quantiques consiste à introduire les distributions de probabilités. Elle sont définies
comme suit :

𝑃 (𝑥) = |𝜓(𝑥)|2 𝑃 (𝑝) = |𝜓(𝑝)|2 (1.8)
La distribution de probabilité 𝑃 (𝑥) (respectivement 𝑃 (𝑝)) représente la pro-

babilité pour une particule de se retrouver à la position 𝑥 (respectivement d’avoir
l’impulsion 𝑝). Nous reviendrons sur la signification des distributions de probabilités

12
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(a) (b)

Figure 1.1 – Représentation des distributions de probabilités selon x et p. (a)
Cas quantique, on remarque que les distributions dans l’espace des quadratures x
(positions) et p (impulsions) sont différentes. (b) Cas classique, les distributions
sont les mêmes dans les deux espaces.

pour un état de lumière lors dans la partie 1.3.2. Comme les mélanges statistiques
sont naturellement décrits par des probabilités de mesures, il devient clair, que l’on
peut maintenant combiner les mélanges statistiques et quantiques.

Il peut être utile d’utiliser un exemple afin de montrer comment il est possible de
bien différencier les superpositions quantiques des superpositions statistiques grâce
à leurs distributions de probabilités. Pour cela reprenons l’exemple utilisé pour les
matrices densités, soit une superposition de deux états |0〉 et |1〉.

Les états purs : Dans le cas d’une superposition quantique, il nous faut som-
mer les fonctions d’ondes des deux états. On obtient donc les fonctions d’ondes et
distributions de probabilités suivantes :

ψtot(x) = 1√
2

(ψ|0〉(x) + ψ|1〉(x)) ψtot(p) = 1√
2

(ψ|0〉(p) + ψ|1〉(p)) (1.9)

Pq(x) = (1 +
√

2x)2

2
√

π
e−x2

Pq(p) = 1 + 2p2

2
√

π
e−p2 (1.10)

Les mélanges statistiques : Dans le cas d’un mélange statistique, il nous faut
sommer les distributions de probabilités. On obtient donc directement :

Pc(x) = 1 + 2x2

2
√

π
e−x2

Pc(p) = 1 + 2p2

2
√

π
e−p2 (1.11)

Les quatre distributions de probabilités sont représentées sur la figure 1.1. On
remarque tout de suite, avec les équations et les figures, que si nous avons Pc(x) =
Pq(x) nous voyons cependant que Pc(p) �= Pq(p), il est donc possible de différencier
les deux superpositions en utilisant les densités de probabilités.

Comme nous venons de le voir, afin de pouvoir différencier les deux cas, il est
nécessaire de faire des mesures dans les espaces des positions (quadrature X̂) et

13
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des impulsions (quadrature 𝑃 ) ; dans la base polaire (phase et amplitude), cela
revient à effectuer des mesures selon plusieurs phases différentes. C’est parfaitement
équivalent à la rotation de phase abordée dans le cas des matrices densités.

Si, dans le cas des matrices densités, nous pouvions représenter complètement
un état avec un seul objet mathématique, dans le cas des variables continues, il
nous faut toujours plusieurs expressions de densités de probabilités, ce qui est un
inconvénient. Une fois de plus, la solution consiste à introduire un nouvel objet
mathématique : la fonction de Wigner.

Notes

• Il est intéressant de remarquer que pour pouvoir assimiler les deux superpo-
sitions, nous avons utilisé la même astuce que dans la parties 1.1.1.2. Elle
consiste à augmenter la dimension de l’objet mathématique utilisé. Comme
nous l’avons expliqué dans la section 1.1.1.2, avec les variables discrètes nous
sommes partis du vecteur |𝜓⟩ pour définir la matrice densité grâce à la formule
1.4. On est donc passé d’un objet de dimension N à un objet de dimension
N2. De la même façon, nous allons passer des fonctions d’ondes de dimen-
sions M (M∈ Q, dim(M)=dim(N)

2 ) aux distributions de probabilités qui ont
une dimension égale à 2M.

• On peut faire une analogie entre les variables continues et l’optique ondula-
toire. Dans cette analogie, les fonctions d’ondes sont équivalentes aux ampli-
tudes du champ électrique, et les densités de probabilités se rapportent aux
intensités. Le mélange quantique (respectivement statistique), correspond à la
somme entre deux ondes qui sont cohérentes (respectivement incohérentes).
Ainsi, la distribution de probabilité 𝑃𝑞(𝑝) représente les interférences entre les
deux états |0⟩ et |1⟩.

1.1.2.3 Les fonctions de Wigner

La solution pour représenter un ensemble de probabilités en une seule fonction
est la tomographie. Cette méthode est particulièrement utilisée en médecine afin de
faire une image d’un objet à trois dimensions, généralement un organe inaccessible.
Elle consiste à prendre plusieurs images à deux dimensions selon différentes direc-
tions (via des rayons x par exemple). L’ensemble des images nous permet ensuite
de reconstruire l’objet à trois dimensions.

Nous pouvons faire exactement la même chose avec nos distributions de proba-
bilités. Il suffit de voir chaque distribution 𝑃𝜃 (où 𝜃 représente la phase de notre
mesure) comme la projection d’un objet à trois dimensions : la fonction de Wigner.
La fonction de Wigner est une fonction à deux variables : 𝑊 (𝑥, 𝑝). Comme elle ne
peut pas être mesurée directement, il apparaît que la fonction de Wigner d’un état
n’est pas un objet physique réel. On parle donc de ces fonctions comme des quasi-
distributions de probabilités. Pour revenir à une grandeur mesurable (la densité de
probabilité), il suffit d’intégrer la fonction de Wigner selon la direction de mesure :

𝑃 (𝑥𝜃) =
∫︁
𝑊 (𝑥𝜃, 𝑝𝜃)𝑑𝑝𝜃 =

∫︁
𝑊
(︂
𝑥𝜃, 𝜃 + 𝜋

2

)︂
𝑑𝑥𝜃+ 𝜋

2
(1.12)
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Figure 1.2 – Fonction de Wigner d’une superposition statistique de deux états
cohérents. Les lignes continues représentent les distributions de probabilités selon
les axes x et p (ou selon les phases 0 et π

2 ), elles sont déterminées en intégrant la
FW selon les axes respectifs p et x.

où xθ = x cos θ + p sin θ et pθ = p cos θ − x sin θ.
Afin de mieux comprendre, un exemple de fonction de Wigner est représenté sur

la figure 1.2. On peut voir sur cette figure les projections selon l’axe des x (θ = 0)
et l’axe des p (θ = π

2 ) qui correspondent aux intégrations de la fonction de Wigner
selon les axes p (θ = π

2 ) et x (θ = 0) respectivement. L’exemple de fonction de
Wigner donné ici est une superposition statistique de deux états cohérents. Nous
reviendrons sur ces états dans la section 1.2.

Nous allons maintenant brièvement détailler les propriétés des fonctions de Wi-
gner. Pour plus de détails le lecteur pourra se référer aux ouvrages suivants (Etesse,
2014; Leonhardt, 1997).

Propriétés des fonctions de Wigner

• comme il s’agit d’une quasi-distribution de probabilité, la fonction de Wigner
est normalisée : ∫∫

W (x, p)dxdp = 1 (1.13)

• La fonction de Wigner peut être négative, comme on le verra dans la sec-
tion 1.2. La négativité de cette fonction de Wigner est très importante : le
théorème de Hudson-Picquet (Hudson, 1974) montre que pour un état pur,
seul les états gaussiens peuvent avoir une fonction de Wigner positive en tous
points. En d’autres termes, une fonction de Wigner négative nous donne la
preuve que nous avons un état non-gaussien (par conséquent "quantique"). La
négativité de la fonction de Wigner est donc devenue un critère essentiel lors
de la caractérisation expérimentale d’états quantiques 2.

2. Le théorème a été généralisé pour des mélanges statistiques (Mandilara et al., 2009), per-
mettant d’obtenir des limites supérieures et inférieures sur la non-gaussianitée des fonctions de
Wigner positives.
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1.1.3 Liens entre les deux descriptions
1.1.3.1 L’équivalence variables discrètes/variables continues

Relation de bijection
Comme on a pu le voir dans la section précédente, les descriptions continues et

discrètes de la lumière sont parfaitement équivalentes. Mathématiquement, on doit
donc pouvoir obtenir la matrice densité 𝜌|𝜓⟩ d’un état |𝜓⟩ à partir de sa fonction de
Wigner 𝑊|𝜓⟩ et vice versa. On cherche donc une bijection entre les deux descriptions.
Ainsi, on peut démontrer (Leonhardt, 1997) les relations suivantes :

𝑊 (𝑥, 𝑝) = 1
2𝜋

∫︁
𝑒𝑖𝜈𝑝

⟨
𝑥− 𝜈

2

⃒⃒⃒⃒
𝜌

⃒⃒⃒⃒
𝑥+ 𝜈

2

⟩
𝑑𝜈 (1.14)

⟨𝑛| 𝜌 |𝑚⟩ =
∫︁∫︁

⟨𝑥| 𝜌 |𝑦⟩𝜑*
𝑛(𝑥)𝜑𝑚(𝑦)𝑑𝑥𝑑𝑦 (1.15)

où : ⟨𝑥| 𝜌 |𝑦⟩ =
∫︁
𝑒𝑖(𝑥−𝑦)𝑝𝑊

(︂
𝑥+ 𝑦

2 , 𝑝
)︂
𝑑𝑝 (1.16)

𝜑𝑛 désigne les fonctions d’ondes solutions de l’oscillateur harmonique, elles sont
définies comme suit :

𝜑𝑛(𝑥) = 1
𝜋

1
4
√

2𝑛𝑛!
𝐻𝑛(𝑥)𝑒− 𝑥2

2 (1.17)

où 𝐻𝑛(𝑥) représentent les polynômes de Hermite 3.

Fidélité
On peut aussi définir la fidélité d’un état mesuré 𝜌 par rapport à un état pur

attendu |𝜓⟩ :

ℱ = 𝑇𝑟 (𝜌 |𝜓⟩ ⟨𝜓|) = 2𝜋
∫︁∫︁

𝑊𝜌𝑊|𝜓⟩⟨𝜓|𝑑𝑥𝑑𝑝 (1.18)

Attention, la définition précédente n’est plus valable quand l’état de référence
est un mélange statistique 𝜌𝜓. Il faut pour cela utiliser une autre définition de la
fidélité (Jozsa, 1994) :

ℱ =
(︃
𝑇𝑟

(︃√︂√︁
𝜌𝜌𝜓

√︁
𝜌

)︃)︃2

(1.19)

Pureté
Nous pouvons aussi définir la pureté d’un état en utilisant les deux descriptions :

𝒫 = 𝑇𝑟
(︁
𝜌2
)︁

= 2𝜋
∫︁∫︁

𝑊 2
𝜌 (𝑥, 𝑝)𝑑𝑥𝑑𝑝 (1.20)

3. 𝐻𝑛(𝑥) =
[︁

𝜕𝑛𝑒−𝑡2+2𝑥𝑡

𝜕𝑡𝑛

]︁
𝑡=0
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1.1.3.2 Quelle description choisir ?

L’expérience dont cette thèse est issue, utilise à la fois les variables discrètes et
continues. D’un point de vue expérimental, les variables discrètes sont essentielles
pour détecter et décrire des états de Fock à faible nombre de photons. Elles sont cou-
ramment utilisées lorsque l’on travail avec la polarisation de la lumière, où lorsque
l’on souhaite faire des mesures projectives comme on pourra le voir plus loin dans le
manuscrit. En revanche, quand il faut caractériser un état quantique, les variables
continues s’avèrent bien plus efficaces, surtout quand il s’agit de caractériser des
états comme le vide squeezé, ou des états chats de Schrödinger optiques.

Malgré tout, aucune des deux descriptions ne peut être qualifiée de supérieure.
Pour chacune d’elles, un très grand nombre d’applications a été proposé ou réalisé
en information ou en communication quantique (Grosshans and Grangier, 2002;
Kok et al., 2007; Menicucci et al., 2006; Nauerth et al., 2013; Ralph et al., 2003).
L’objectif de notre expérience consiste à combiner les deux descriptions afin de
profiter des avantages de chacune.

1.2 Les états quantiques usuels
Dans cette section, nous allons donner une liste non-exhaustive des états quan-

tiques les plus courants. La plupart de ces états sera utilisée au cours de ce manus-
crit, il apparait donc important de les regrouper et de les détailler ici.

1.2.1 Les états gaussiens
Ces états, qui possèdent une fonction de Wigner gaussienne, sont généralement

les états les plus faciles à produire. Ils sont particulièrement simples à décrire via
les fonctions de Wigner.

1.2.1.1 Le vide quantique

Nous allons commencer cette liste par l’état qui est à la fois le plus simple et
sans doute le plus intrigant de la mécanique quantique. Il s’agit du vide quantique
|0〉. Sa fonction de Wigner est :

W (x, p) = 1
π

e−x2−p2 (1.21)

La figure 1.3 représente la fonction de Wigner de cet état ainsi que sa matrice
densité. Dû à l’inégalité d’Heisenberg, le champ électromagnétique du vide (ou la
position/vitesse d’une particule dans un oscillateur harmonique) ne peut pas être
nul et donne une distribution de probabilité gaussienne centrée en zéro. En effet,
une position X = 0 donne ΔX = 0, ce qui conduira à une incertitude sur p qui est
infinie : ΔP = ∞ (et donc E devient infini).

Cela implique que le champ électrique du vide fluctue, il possède donc une
certaine énergie qui vaut, pour un mode donné du champ : E = �ω

2 . Ces incertitudes
sur la mesure du vide sont à l’origine des bruits de mesures appelés "shot noise"
ou bruit de grenaille. Ce sont les fameuses fluctuations quantiques du vide qui
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(a) Fonction de Wigner
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(b) Matrice densité

Figure 1.3 – Matrice densité et fonction de Wigner du vide quantique

empêchent les positions d’équilibres instables d’être stables. Encore plus déroutant,
ceci implique aussi que le vide absolu n’existe pas 4 !

Avec les variables continues, ces états sont extrêmement faciles à mesurer, c’est
même une mesure de calibration de nos appareils de mesures. Comme nous allons
le voir, il est aussi possible de passer cette limite de précision en comprimant le vide
selon une direction.

Comme ils minimisent l’inégalité d’Heisenberg : ΔXΔP = 1
2 , ces états sont

qualifiés d’états d’incertitudes minimales.

1.2.1.2 Les états cohérents

Un autre type d’états gaussiens sont les états cohérents : |α〉. Ils portent le nom
d’états quasi-classiques ou celui d’états de Glauber (Glauber, 1963). Par définition,
la valeur moyenne d’un état cohérent en énergie et en champ est identique à celle
d’une onde classique d’amplitude α :

〈α| Ê(r, t) |α〉 = E(r, t) (1.22)

〈α| Ĥ |α〉 = �ω|α|2 + �ω

2 (1.23)

Ces états ont aussi une incertitude minimale. Ainsi, un état cohérent n’est rien
d’autre qu’un état de vide |0〉 déplacé dans l’espace des phases. Il possède les mêmes
variances que le vide quantique, en revanche, ces valeurs moyennes ne sont pas nulles
pour toutes les phases.

Les propriétés de ces états cohérents expliquent leurs dénominations d’états
quasi-classiques. En effet, ils sont ce qui se rapproche le plus d’un état classique.
Pour le voir, prenons un état cohérent dont le maximum de l’amplitude soit selon

4. En réalité, le vide n’est jamais vide, il y a une infinité de paires particule/antiparticule
qui apparaissent et s’annihilent presque instantanément avant qu’elles puissent être observées
(Gribbin, 1995).
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l’axe x
(
i.e. : 〈Xθ=0〉|α〉 = maxθ 〈Xθ〉|α〉 =

√
2α où

〈
X̂θ

〉
|α〉 représente la valeur

moyenne de l’opérateur X̂θ appliqué à |α〉
)
, c’est le cas de l’exemple donné sur la

figure 1.4. Lorsque leur amplitude devient très grande, nous obtenons les relations
suivantes :

ΔX√
2α

= ΔP√
2α


 1 ⇔ Δθα 
 1 (1.24)

Ainsi, l’incertitude de la phase devient négligeable, ainsi que la variance rela-
tivement à l’amplitude. On se rapproche donc d’une onde classique d’amplitude
α et de phase θ. Historiquement, ces états ont été introduits par Schrödinger afin
de démontrer que l’on pouvait inclure la mécanique classique avec la théorie de la
mécanique quantique. Dans le laboratoire, un état cohérent n’est rien de plus qu’un
faisceau laser.

(a) Fonction de Wigner
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(b) Matrice densité

Figure 1.4 – Matrice densité et fonction de Wigner d’un état cohérent d’amplitude
α = 3

Les états cohérents α ont aussi la particularité d’être des états propres de l’opé-
rateur annihilation associé à la valeur propre α, ainsi : â |α〉 = α |α〉. Ils se décom-
posent comme suit dans la base des états de Fock :

|α〉 = e− |α|2
2
∑
n∈N

αn

√
n!

|n〉 (1.25)

Nous pouvons en déduire le nombre moyen de photons dans un état cohérent
N=
〈
N̂
〉

|α〉 = |α|2. Leur fonction de Wigner s’écrit :

W (x, p) = 1
π

e−(x−√
2Re(α))2−(p−√

2Im(α))2 (1.26)

Notons que les états cohérents forment une base de l’espace des phases.

1.2.1.3 Le vide comprimé monomode ou vide squeezé

Un autre classique des états gaussiens est le vide comprimé monomode, plus
communément appelé le vide squeezé. C’est aussi un état d’incertitude minimale,
mais à l’inverse des états précédents, la variance ΔX̂θ n’est pas indépendante de θ.
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Chapitre 1. L’optique quantique

Les conséquences de cette inégalité sont très importantes. La plus importante
est bien sûr la possibilité de pouvoir faire une mesure avec une précision supérieure
à celle du shot noise dû aux fluctuations quantiques du vide ! On peut ainsi dé-
passer la limite classique de la précision de mesure. Les applications de ces états
sont presque illimitées, l’une des plus célèbre d’entr’elles est en cours d’installa-
tion, il s’agit d’utiliser ces états pour augmenter la précision des mesures des ondes
gravitationnelles (Aasi et al., 2013).

(a) Fonction de Wigner
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(b) Matrice densité

Figure 1.5 – Matrice densité et fonction de Wigner d’un état squeezé selon l’axe
des X (paramètre de squeezing s=2.2).

Les états squeezés se caractérisent par leur paramètre de compression s, de telle
sorte que la fonction de Wigner soit comprimée selon l’axe des X d’un facteur s et
étirée selon l’axe des P d’un facteur s. Ainsi la fonction de Wigner, représentée sur
la figure 1.5, s’exprime comme :

W (x, p) = 1
π

e
− x2

1
s

− p2
s (1.27)

Dans la base de Fock, le vide comprimé s’exprime :

|ψ〉s = 1√
cosh r

∑
n∈N

√
(2n)!
n!

(1
2 tanh r

)n

|2n〉 (1.28)

Le facteur de compression peut être exprimé de deux autres façons :

• r tel que r = −ln(s) ⇔ s = e−r

• en décibel tel que :

cdB = 10 log10

(
e2|r|) (1.29)

Les variances de ces états qui maximisent l’inégalité d’Heisenberg, sont :

ΔX̂ = 1√
2s

(1.30)

ΔP̂ = s√
2

(1.31)
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Expérimentalement, ces états ont été produits pour la première fois par un
mélange à quatre ondes dans des vapeurs d’atomes (Slusher et al., 1985), puis dans
des cristaux via des effets non-linéaires. Récemment, une compression record de
15 dB à été réalisée (Vahlbruch et al., 2016), ceci correspond à un vide comprimé
d’un facteur s = 5.6. Dans un cas idéal, on pourrait donc réaliser une mesure avec
une précision 31 (5.62) fois plus grande que le bruit de grenaille !

Mathématiquement, le vide squeezé s’obtient à partir d’un opérateur dit de
squeezing (ou de compression) :

Ûs1(r) = e
1
2(â2−(â†)2) (1.32)

1.2.1.4 Le vide comprimé bimode ou état EPR

Il est aussi possible de créer un état de vide comprimé sur deux modes différents
(en général deux directions ou polarisations différentes). On obtient ainsi, une fonc-
tion de Wigner à quatre variables. Elle s’exprime toujours en fonction du paramètre
s comme suit :

W (x1, p1, x2, p2) = 1
π2 e− (x1+x2)2

2/s
− (p1+p2)2

2s
− (x1−x2)2

2s
− (p1−p2)2

2/s (1.33)

Comme on peut le voir, les corrélations entre x1 et x2 : x1−x2√
2 sont comprimées

d’un facteur s, alors que leurs anti-corrélations : x1+x2√
2 sont étirées d’un facteur s.

Ces états sont aussi appelés états EPR. En effet, si on comprime l’état infiniment,
la fonction de Wigner devient : W∞(x1, p1, x2, p2) = δ(x1 −x2)δ(p1 +p2). On obtient
ainsi l’état introduit par Einstein, Podolsky et Rosen afin d’essayer de démontrer
l’incomplétude de la mécanique quantique (Einstein et al., 1935).

La décomposition de ces états dans la base des états de Fock nous donne :

|ψ〉s2
=

√
1 − λ2

∑
n∈N

λn |n〉 |n〉 (1.34)

où λ = tanh r.
On obtient donc l’expression de la matrice densité suivante :

ρ̂s2 =
(
1 − λ2

) ∑
n,m∈N

λn+m |n, n〉 〈m, m| (1.35)

Comme on peut le voir, les états produits sont des états de Fock qui sont intri-
qués. Comme on le verra plus tard, cette propriété rend les états EPR particulière-
ment intéressants pour la génération d’états de Fock à faibles nombres de photons.
Tout comme l’état précédent, il est possible de définir un opérateur de squeezing
(compression) bimode, nous verrons dans le chapitre 4 comment produire un tel
opérateur :

Ûs2(r) = e
1
2(â1â2−â†

1â†
2) (1.36)

Comme notre état est bimode, la dimension de la fonction de Wigner a doublé,
ce qui rend sa représentation compliquée, de même pour la matrice densité. Elle ne
sont donc pas représentées ici.
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1.2.1.5 Les états thermiques

Les derniers états gaussiens remarquables sont les états thermiques de la lu-
mière. Pour les obtenir, nous considérons une cavité constituée de miroirs infini-
ment réfléchissants (la cavité se retrouve donc isolée de l’extérieur). A l’équilibre
thermodynamique, la solution de cet oscillateur harmonique est un état thermique
à la température T. On peut montrer (Cohen-Tannoudji et al., 1987) que les popu-
lations des états ont une distribution dite de Maxwell-Boltzmann :

ρ̂th =
(

1 − e
− �ω

kBT

) ∑
n∈N

e
− �ωn

kBT |n〉 〈n| =
(
1 − λ2

) ∑
n∈N

λ2n |n〉 〈n| (1.37)

en posant λ = e
− �ω

2kBT . On remarque tout de suite que cette expression est
identique à une trace partielle près à 1.35 5. Expérimentalement, cela implique que
si on ne fait pas de mesure sur le mode 1 de l’état squeezé bimode, le mode 2 est
un état thermique.

(a) Fonction de Wigner
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Figure 1.6 – Matrice densité et fonction de Wigner d’un état thermique (λ=0.6).
La courbe en pointillé représente les distributions de probabilités du vide.

La fonction de Wigner et la matrice densité d’un état thermique de paramètre
λ = 0.7 sont représentées sur la figure 1.6. Comme on peut le voir sur la figure,
la fonction de Wigner est identique à celle du vide (représentée en traitillés) à
ceci près que les distributions de probabilités sont élargies d’un facteur cosh r. Cet
élargissement implique que, à l’inverse des états présentés jusqu’à présent, les états
thermiques ne minimisent pas l’inégalité d’Heisenberg.

1.2.2 Les états non-gaussiens
Dans cette partie nous allons présenter les états non-gaussiens de la lumière.

Comme énoncé dans la section 1.1.2, si un état pur n’est pas gaussien, alors, il
possède une fonction de Wigner négative. Nous allons voir ici, ces états les plus
courants.

5. Dans notre cas, la trace partielle sur le mode 2 donne : Tr2

(∑
n,m αn,m |n1, n2〉 〈m1, m2|

)
=∑

n αn,n |n1〉 〈n1|

22



1.2. Les états quantiques usuels

(a) Fonction de Wigner
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Figure 1.7 – Matrice densité et fonction de Wigner d’un photon unique.

1.2.2.1 Les états de Fock

Les états non-gaussiens les plus classiques sont les solutions de l’oscillateur har-
monique, i.e. les états de Fock. Ces derniers sont omniprésents en optique quantique,
leurs générations et créations a suscité un engouement incroyable dans de multiples
domaines :

• fondement de l’optique quantique (Aspect et al., 1982b; Weihs et al., 1998)

• information quantique (O'Brien et al., 2003; Wilk et al., 2007)

• communication quantique (Bouwmeester et al., 1997; Nauerth et al., 2013)

• génération expérimentale (Lvovsky et al., 2001; Michler, 2000; Santori et al.,
2002)

• détecteurs (Miller et al., 2003)

Les figures 1.7 et 1.8 représentent respectivement les états de Fock à un (|1〉) et
quatre (|4〉) photons. Leur fonction d’onde ainsi que leur fonction de Wigner sont :

ψn(xθ) = 〈xθ|n〉 = 1
π1/4

√
2nn!

Hn(xθ)e− x2
θ

2 (1.38)

Wn(x, p) = (−1)n

π
Ln

(
2
(
x2 + p2

))
e−x2−p2 (1.39)

où Hn(x) et Ln(x) sont respectivement les polynômes de Hermites 6 et de La-
guerre 7 d’ordre n.

En posant E = N�ω et θ = ωt, l’inégalité d’Heisenberg (ΔEΔt ≥ �

2) peut se
réécrire de la façon suivante :

ΔNΔθ ≥ 1
2 (1.40)

6. Hn(x) =
[

∂ne−t2+2xt

∂tn

]
t=0

7. Ln(x) =
∑n

k=0

(
n
k

)
(−x)k

k!
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(a) Fonction de Wigner
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(b) Matrice densité

Figure 1.8 – Matrice densité et fonction de Wigner d’un état de Fock à 4 photons

Comme pour un état de Fock, le nombre de photons est fixe. Nous obtenons
ΔN = 0, ainsi, afin de satisfaire l’inégalité, on a nécessairement : Δθ = ∞. Donc
les états de Fock sont des invariants de phase. Comme nous le verrons dans le dernier
chapitre du manuscrit, cette invariance peut être un avantage précieux.

1.2.2.2 Les états chats de Schrödinger

Les derniers états que nous allons étudier sont les états chat de Schrödinger.
Leur origine est au cœur des fondements de la mécanique quantique. La physique
quantique est apparue afin d’expliquer la physique de l’infiniment petit. En 1935,
Erwin Schrödinger propose une expérience de pensée permettant de saisir la puis-
sance du paradoxe de la mécanique quantique, cette dernière permettrait d’obtenir
un objet quantique macroscopique (Schrödinger, 1935). Il propose ainsi, une expé-
rience où l’état vivant/mort d’un chat se retrouve couplé avec l’état excité/désexcité
d’un atome radioactif. Si l’atome est dans une superposition d’état |excité〉+|désexcité〉√

2 ,
par transposition, le chat est à la fois mort et vivant : |vivant〉+|mort〉√

2 . On a donc ici
une superposition quantique des deux états macroscopiques (classiques) « mort »
et « vivant » du chat.

La réalisation d’une telle expérience est bien entendue impossible, et ce à cause
de la décohérence : un système macroscopique (comme un chat) interagit massi-
vement avec son environnement, son état est donc en permanence mesuré, ce qui
empêche toute superposition d’exister.

La lumière, à l’inverse du chat, interagit très peu avec son environnement. Ainsi,
il devient possible de maintenir la cohérence d’un état pendant des temps très longs
(assez long pour nous permettre d’effectuer une mesure). La question qu’il faut
maintenant se poser est : quel est l’état macroscopique (classique) équivalent à un
chat en optique 8 ? La réponse est : les états cohérents. Comme nous l’avons vu au
début de la section 1.2.1.2, les états cohérents sont des états quasi-classiques qui

8. Les états NOON ( 1√
N

(|N, 0〉 + |0, N〉)) sont parfois aussi considérés comme des états chats
de Schrödinger, notamment quand N � 1. S’il est vrai que les états de Fock peuvent devenir
macroscopiques, il ne sont en revanche pas du tout classiques. Ce qui ne correspond pas à l’image
du chat qu’a utilisé Schrödinger pour expliquer les conséquences de la mécanique quantique sur
le monde classique.
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(a) Fonction de Wigner
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Figure 1.9 – Matrice densité et fonction de Wigner d’un chat de Schrödinger pair
(θ = 0) d’amplitude α = 2.5

Figure 1.10 – Fonction de Wigner d’une superposition statistique de deux états
cohérents |α〉 et |α〉 où α = 2.5. Notons l’absence d’interférences entre les deux
états.
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peuvent contenir un grand nombre de photons.
Ainsi, les états chat de Schrödinger optiques sont définis comme une superposi-

tion de deux états cohérents de phases opposées |𝛼⟩ et |−𝛼⟩ :

|𝜓𝑆𝐶⟩ = 1
𝐶1

(︁
|𝛼⟩ + 𝑒𝑖𝜃 |−𝛼⟩

)︁
(1.41)

où 𝐶1 =
√︁

2 (1 + 𝑒−2𝛼2 cos 𝜃) est un facteur de normalisation.
Un exemple de fonction de Wigner et de matrice densité de ces états est re-

présenté sur la figure 1.9. Nous avons représenté un chat pair (𝜃 = 0)d’amplitude
𝛼 = 2.5. Les oscillations au centre de la fonction de Wigner sont des interférences
quantiques entre les deux états, elles sont la preuve que nous avons bien une su-
perposition des deux états cohérents, et pas un mélange statistique. La figure 1.10
représente la fonction de Wigner de cette superposition statistique, nous remar-
quons bien l’absence de frange. Ainsi, on comprend bien l’importance des franges
comme témoins de la cohérence la superposition. L’expression de la fonction de
Wigner est :

𝑊𝑆𝐶(𝑥, 𝑝) = 𝑒−𝑥2−𝑝2

𝜋 (1 + 𝑒−2𝛼2 cos 𝜃)
(︁
𝑒−2𝛼2 cosh(2

√
2𝛼𝑥) + cos(2

√
2𝛼𝑝− 𝜃)

)︁
(1.42)

Dans cette thèse, nous nous focaliserons sur deux types d’état chats particuliers :
les chats pairs |𝜓𝑆𝐶,𝑝⟩ (𝜃 = 0) et les chats impaires |𝜓𝑆𝐶,𝑝⟩ (𝜃 = 𝜋), leur nom vient
de la parité de leurs nombres de photons :

|𝜓𝑆𝐶,𝑝⟩ = 𝐶𝑝
∑︁
𝑛∈N

𝛼2𝑘√︁
(2𝑘)!

|2𝑘⟩ (1.43)

|𝜓𝑆𝐶,𝑖⟩ = 𝐶𝑖
∑︁
𝑛∈N

𝛼2𝑘+1√︁
(2𝑘 + 1)!

|2𝑘 + 1⟩ (1.44)

où 𝐶𝑝 =
√

2𝑒− 𝛼2
2√

1+𝑒−2𝛼2 et 𝐶𝑖 =
√

2𝑒− 𝛼2
2√

1−𝑒−2𝛼2 sont des facteurs de normalisations.

1.3 Les mesures en mécanique quantique
Dans cette section, nous allons voir comment effectuer des mesures en optique

quantique. Comme elle est directement liée à la décohérence, la mesure est un des
points les plus importants des expériences d’optiques quantiques.

Effectuer une mesure de bonne qualité est une tache ardue. Dans le cas idéal, une
mesure doit donner un résultat sans fluctuation statistique. Si on veut reconstruire
la matrice densité d’un état, on comprend qu’il est nécessaire de différencier un état
à un photon, deux photons... Un photon étant compliqué à détecter, il est encore
plus difficile d’être capable de les compter.

Cette section présente plusieurs moyens de mesurer la lumière. Une fois de plus,
nous allons commencer par étudier les détecteurs basés sur les variables discrètes,
puis ceux utilisant les variables continues.
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1.3.1 Variables discrètes
Pour caractériser la lumière avec les variables discrètes, il est impératif de pou-

voir détecter les photons. Dû à leur faible énergie, ils sont extrêmement difficiles à
détecter : une simple photodiode avec une bonne efficacité quantique ne suffit pas,
car le signal, qui a besoin d’être amplifié, devient bruité et ne peut être différencié
du vide.

Nous pouvons séparer les mesures de photons en deux catégories : la détection
de photons et le comptage de photons.

La détection de photons
Les détecteurs de photons sont des instruments qui sont seulement capables de

savoir si il y des photons dans un état ou pas. L’opérateur de mesure s’écrit :

Π̂ = 1̂ − |0〉 〈0| (1.45)
Malgré le fait que ces détecteurs ne soient pas capables de compter les photons,

ils restent extrêmement utiles, en particulier quand il sont utilisés avec une source
qui produit uniquement un ou zéro photon. Ainsi, ces détecteurs ont été très utilisés
avec des sources de photons où la probabilité de produire un états à N photons
décroit exponentiellement avec N, comme dans l’amplification paramétrique optique
(OPA).

Voici une liste non-exhaustive de ces détecteurs :

Les photodiodes à avalanches (APD) : Une forte tension de polarisation ac-
célère la paire électron-trou créée par la présence d’un photon et entraîne l’ap-
parition d’une avalanche. Ces détecteurs ont le grand avantage de fonctionner
à température ambiante ce qui les rend simples à implémenter. En revanche,
leur efficacité de détection avoisine les 50 % dans le proche infrarouge (IR) et
chute encore plus bas dans le moyen IR. C’est ce type de détecteurs que nous
utilisons sur l’expérience.

Les superconducting nanowire single photon detectors (SNSPD) : Ces dé-
tecteurs utilisent la supraconductivité afin de détecter la présence de photons.
L’arrivée d’un photon sur des nanofils conduit à un échauffement qui fait sor-
tir le fil de sa phase supraconductrice. On peut ainsi observer du courant qui
traverse le détecteur. Ces détecteurs atteignent des efficacités de 93 % dans le
proche IR (Jeannic et al., 2016) ainsi qu’aux longueurs d’onde télécom (Mar-
sili et al., 2013). Leur seul inconvénient est qu’ils nécessitent l’utilisation de
très basses températures (<2 K).

Le comptage de photons
Certains détecteurs permettent de compter le nombre de photons contenus dans

un état. Si ces détecteurs sont bien plus avantageux que les précédents, leur implé-
mentation est bien plus complexe. Leur opérateur de mesure est le suivant :

Π̂ = |n〉 〈n| (1.46)
Les principaux détecteurs permettant de compter les photons sont les Transi-

tion Edge Sensor (TES). Le principe est assez similaire à celui des SNSPDs, à ceci
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près que la transition est plus douce, ce qui permet de mesurer différents courants
en fonction du nombre de photons absorbés par le détecteur. Ces détecteurs per-
mettent de compter jusqu’à 10 photons avec une efficacité d’environ 98 % (Fukuda
et al., 2011). Leur principal point négatif sont qu’ils fonctionnent à très basses
températures (≈100 mK) et qu’ils sont relativement lents. 9

1.3.2 Variables continues
Nous nous intéressons maintenant à la mesure de la lumière via les variables

continues, nous voulons donc mesurer le champ électrique de la lumière. Comme
dans la section précédente, l’amplitude des états produits est généralement faible.
Il est donc impensable d’utiliser une simple photodiode pour notre mesure.

Il existe plusieurs façons de résoudre ce problème, en utilisant des détections
hétérodynes, homodynes, ou en combinant plusieurs détections. Nous allons nous
concentrer sur le système utilisé sur l’expérience : la détection homodyne (DH).

1.3.2.1 Détections homodynes

Le principe de la détection homodyne est relativement simple. Il consiste à am-
plifier l’amplitude de notre état en utilisant les interférences. Ainsi, comme on peut
le voir sur la figure 1.11, nous faisons interférer l’état à mesurer |𝜓⟩ avec un état
cohérent intense

⃒⃒⃒
𝛼𝑒𝑖𝜃

⟩
appelé oscillateur local (OL), où 𝜃 désigne la différence de

phase entre l’OL et l’état à mesurer. Cet OL n’est rien d’autre qu’une faible portion
de notre faisceau laser. En placant deux photodiodes classiques et en faisant la dif-
férence des photo-courants, nous allons montrer que nous mesurons une quadrature
de notre état initial amplifié par un facteur

√
2𝐼𝑂𝐿.

Soit 𝑎̂|𝜓⟩ et 𝑎̂𝑂𝐿 les deux opérateurs (modes) d’entrée de la lame 50 :50. Nous
pouvons ainsi obtenir les modes de sortie de la lame 50 :50 (𝑎̂1 et 𝑎̂2) :(︃

𝑎̂1
𝑎̂2

)︃
= 1√

2

(︃
1 −1
1 1

)︃(︃
𝑎̂|𝜓⟩
𝑎̂𝑂𝐿

)︃
(1.47)

ce qui nous donne : (︃
𝑎̂1
𝑎̂2

)︃
= 1√

2

(︃
𝑎̂|𝜓⟩ − 𝑎̂𝑂𝐿
𝑎̂|𝜓⟩ + 𝑎̂𝑂𝐿

)︃
(1.48)

Les réponses des photodiodes sont proportionnelles au nombre de photons (elles
mesurent l’énergie lumineuse), ainsi, le courant mesuré s’écrit :

𝐼1 ∝ 𝑎̂†
1𝑎̂1 = 1

2
(︁
𝑎̂†

|𝜓⟩𝑎̂|𝜓⟩ + 𝑎̂†
𝑂𝐿𝑎̂𝑂𝐿 − 𝑎̂†

|𝜓⟩𝑎̂𝑂𝐿 − 𝑎̂†
𝑂𝐿𝑎̂|𝜓⟩

)︁
(1.49)

𝐼2 ∝ 𝑎̂†
2𝑎̂2 = 1

2
(︁
𝑎̂†

|𝜓⟩𝑎̂|𝜓⟩ + 𝑎̂†
𝑂𝐿𝑎̂𝑂𝐿 + 𝑎̂†

|𝜓⟩𝑎̂𝑂𝐿 + 𝑎̂†
𝑂𝐿𝑎̂|𝜓⟩

)︁
(1.50)

En faisant la différence des photo-courant, on récupère le terme d’interférence
entre les deux ondes :

9. Des chercheurs du Joint Quantum Institut ont réussi à compter jusqu’à 1000 photons avec
des détecteurs de type TES (Gerrits et al., 2012). Il y a cependant une incertitude sur le nombre
de photons, mais celle-ci reste plus faible que le bruit de « shotnoise »
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-

Figure 1.11 – Schéma de la détection homodyne. L’état que l’on veut mesurer
interfère avec l’oscillateur local

∣∣∣αeiθ
〉
. La différence des photo-courants mesurée

par les deux photodiodes est proportionnelle à la distribution de probabilité de
l’état selon la phase θ.

δÎ = Î2 − Î1 ∝ â|ψ〉âOL + â†
OLâ†

|ψ〉 (1.51)

Dans le cas où l’OL est intense (|α|2 � 1), on peut traité l’OL comme un état
classique, on obtient ainsi âOL ≈ αeiθ, soit :

δÎ ∝ α
(
â†

|ψ〉e
iθ + â|ψ〉e−iθ

)
= αX̂θ (1.52)

Comme le nombre de photons moyens de l’oscillateur local est NOL = |α|2, et
que l’intensité de l’OL est proportionnelle à son nombre de photons :

δÎ ∝
√

IOLX̂θ (1.53)
En appliquant cet opérateur sur notre état, nous retombons donc sur la mesure

de la distribution de probabilité de |ψ〉 : δI ∝ √
IOLP|ψ〉(xθ). Nous avons donc réussi

à amplifier notre signal grâce à l’OL, et ce, sans ajouter de bruit à la mesure.
L’utilisation de la détection homodyne possède plusieurs avantages :

• afin d’être amplifié le signal doit être exactement dans le même mode que
l’OL. Il permet ainsi de filtrer le signal et de diminuer considérablement le
bruit de mesure,

• il permet d’utiliser des photodiodes classiques qui ont de grande efficacité
quantique et de hautes bandes passantes.

1.3.2.2 Obtention de la fonction de Wigner

Principe
Grâce à la détection homodyne, nous pouvons mesurer les distributions de pro-

babilités de notre état selon plusieurs phases θ. Il nous faut maintenant reconstruire
la fonction de Wigner de notre état à partir de ces mesures.

La méthode la plus utilisée est celle du maximum de vraisemblances. Le principe
est le suivant : soit une distribution dont on connaît la loi de distribution f(x1, x2...),
où les xi sont les paramètres de la distribution que nous souhaitons déterminer. Le
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maximum de vraisemblances consiste à trouver l’ensemble des paramètres qui ont le
plus de chance de donner la distribution mesurée. Il est donc nécessaire de connaître
la loi de distribution de notre mesure.

Paradoxalement, afin d’appliquer cette technique à notre problème, nous allons
utiliser la matrice densité. En effet, comme la fonction de Wigner est continue, il
est compliqué de trouver une expression générale qui nous permette d’effectuer le
maximum de vraisemblances 10, à l’inverse cela est très aisé avec la matrice densité.
Il suffit de tronquer la dimension de la matrice, donc de poser un nombre de photons
maximum que peut contenir notre état. Les états étudiés au cours de cette thèse
ont un nombre de photons extrêmement faible : deux photons maximum. Il suffit
donc de limiter la taille de la matrice à cinq photons, ce qui donne 36 paramètres
différents à déterminer.

Une autre méthode de reconstruction de la fonction de Wigner peut aussi être
utilisée, la transformée de Radon (Radon, 1917). Cette méthode est cependant
moins utilisée aujourd’hui pour plusieurs raisons :

• la transformée de Radon ne donne accès qu’à la fonction de Wigner, et pas à
la matrice densité, il faut donc faire une autre transformation afin d’obtenir
la matrice densité.

• le maximum de vraisemblances impose de connaître l’expression générale de
la distribution, ce qui est le cas de la lumière (grâce à la seconde quantifica-
tion). Ainsi, à l’inverse de la transformée de Radon, le résultat obtenu sera
physiquement possible.

• la transformée de Radon ne permet pas de corriger les pertes de détection
contrairement au maximum de vraisemblances.

Algorithme de reconstruction
Afin d’obtenir la distribution la plus vraisemblable 𝜌𝑓 , plusieurs solutions sont

possibles. Dans notre cas, la méthode mise en exergue par Lvovsky (Lvovsky, 2004),
consiste à déterminer une matrice ℛ̂ qui, lorsqu’on l’applique sur la matrice densité
𝜌𝑓 , laisse cette dernière inchangée : ℛ̂𝜌𝑓ℛ̂ = 𝜌𝑓 .

Le théorème du point fixe nous montre qu’en appliquant successivement l’opé-
rateur ℛ̂ à une matrice quelconque 𝜌0 : 𝜌𝑘+1 = 𝒩 ℛ̂𝜌𝑘ℛ̂, où 𝒩 est un facteur de
normalisation, 𝜌𝑘 va converger vers la matrice 𝜌𝑓 .

L’expression de la matrice ℛ̂ est la suivante 11 :

ℛ̂(𝜌) =
𝑁∑︁
𝑖=1

|𝜃𝑖, 𝑥𝑖⟩ ⟨𝜃𝑖, 𝑥𝑖|
𝑃𝜌,𝜃𝑖

(𝑥𝑖)
(1.54)

où 𝑃𝜌,𝜃𝑖
(𝑥𝑖) représente la probabilité de mesurer 𝑥𝑖 selon la phase 𝜃𝑖 pour un état

𝜌 :

𝑃𝜌,𝜃𝑖
(𝑥𝑖) = 𝑇𝑟 (|𝜃𝑖, 𝑥𝑖⟩ ⟨𝜃𝑖, 𝑥𝑖| 𝜌) (1.55)

10. La solution consiste à décomposer la fonction de Wigner dans l’espace des fonctions d’ondes,
ce qui est parfaitement équivalent à utiliser la matrice densité

11. avec cette définition de ℛ̂, l’algorithme peut parfois diverger, on peut éviter ce problème en
modifiant légèrement la définition de ℛ̂ (Řeháček et al., 2007)
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Correction des pertes
Comme tout moyen de détection, la DH n’a pas une efficacité de 100 %. Dans

notre cas, les pertes ont plusieurs origines :

• les pertes optiques popt : miroirs, lames 50 :50, lentilles...

• l’efficacité quantique des photodiodes ηP D ≈ 94 % dans notre cas,

• le mode matching entre l’OL et le signal à mesurer, obtenu par mesure du
contraste (C) entre l’idler et l’OL.

Ces pertes reviennent à avoir une efficacité de détection ηD telle que :

ηD = (1 − popt)ηP DC2 (1.56)
On peut montrer (Leonhardt, 1997) que ces pertes de détections sont équiva-

lentes à des pertes en amont de la détection homodyne que l’on peut modéliser par
une lame semi réfléchissante 1 − η : η.

L’un des grands avantages du maximum de vraisemblances est que l’on peut
corriger les pertes de notre détection (Lvovsky, 2004) et ainsi revenir à l’état en
entrée de la détection homodyne, qui est l’état que l’on souhaitait caractériser.

Il est important de différencier deux types de pertes : les pertes de mesures et
les pertes de génération. Les premières peuvent être légitimement corrigées : cela
revient à déterminer l’état à l’entrée de la détection homodyne. Cet état peut donc
être mis à la disposition d’un éventuel utilisateur. En revanche, corriger les pertes de
génération (comme les pertes en sortie de cristal ou un mauvais heralding), revient
à vendre un état qui n’est pas utilisable. Il appartient donc à l’expérimentateur de
prendre en compte convenablement les pertes à corriger.

1.4 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons détaillé les points théoriques de l’optique quantique

nécessaires à la compréhension de ce manuscrit. Après avoir expliqué les visions
corpusculaires et ondulatoires de la lumière, nous avons listé les principaux états de
lumières observables. Nous avons ensuite vu les différents outils de mesures de ces
états.

Dans le chapitre suivant, nous nous penchons sur un autre domaine qui est au
cœur de cette thèse : les cavités optiques.
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Les cavités optiques
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Dans ce manuscrit, les cavités jouent un rôle essentiel. Pas moins de trois cavités
ont été installées au cours de cette thèse. Il est donc naturel de dédier un chapitre sur
ce sujet. Nous allons dans un premier temps voir quelques généralités sur les cavités
monochromatiques, pour ensuite s’intéresser aux particularités des cavités pulsées,
enfin nous terminerons ce chapitre par présenter le système d’asservissement utilisé
sur l’expérience.

2.1 Les cavités monochromatiques

Depuis leur invention, les applications des cavités optiques sont indénombrables,
que ce soit en spectroscopie (Bernhardt et al., 2009), en interférométrie (et al., 2009),
en métrologie (Drever et al., 1983; Hansch and Couillaud, 1980), ou encore dans
des domaines plus fondamentaux comme l’obtention de condensats de Bose-Einstein
(Klaers et al., 2010) et d’états quantiques optiques (Furusawa, 1998). Bien entendu,
l’application la plus incontournable reste l’invention du laser en 1960.
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(a)
(b)

Figure 2.1 – Exemples de cavités : (a) Cavité linéaire, (b) Cavité papillon.

2.1.1 Différents types de cavités
Nous pouvons distinguer deux types de cavités différentes : les linéaires et les

circulaires.

Les cavités linéaires
Les cavités linéaires (figure 2.1(a)) sont des cavités où la lumière est renvoyée sur

elle même. Ainsi, en tous points de la cavité, la lumière passe dans les deux sens.
Les cavités Fabry-Perot en sont l’exemple le plus simple. Elles sont généralement
constituées de deux miroirs (généralement concaves). La particularité de ce type
de cavité est que le mode de lumière résonant est une onde stationnaire (c’est la
somme de deux ondes contra-propageantes de même fréquence).

La présence d’ondes stationnaires peut être un problème. En effet, si nous pla-
çons un milieu amplificateur dans une cavité linéaire, les nœuds verrons toujours
une intensité nulle contrairement aux ventres, ainsi, le milieu sera pompé unique-
ment aux niveaux des ventres. Ce phénomène, appelé le spatial hole burning, est
particulièrement important dans la fabrication des lasers continus.

Les cavités circulaires
Les cavités circulaires, à l’inverse des linéaires, ne possèdent pas de faisceau

contra-propageant, ce qui permet d’éviter les problèmes liés au spatial hole bur-
ning. Elles permettent aussi de passer dans un milieu selon une seule direction, ce
qui peut permettre de diminuer les pertes.

La configuration la plus utilisée est représentée sur la figure 2.1(b). Il s’agit de
la configuration en papillon, ces dernières peuvent avoir des angles très faibles au
niveau des miroirs concaves ce qui permet de maintenir une bonne ellipticité du
faisceau dans la cavité.

2.1.2 Stabilité du faisceau
Nous allons déterminer ici, les paramètres du faisceau qui permettent de se

coupler efficacement à une cavité. Pour cela, nous allons introduire le formalisme
des matrices ABCD.

Paramètre complexe et matrice ABCD
Un faisceau laser étant gaussien, son diamètre finira toujours par diverger. Il est

donc impossible de confiner un faisceau gaussien avec des miroirs plans. Pour cela
il est nécessaire d’utiliser des miroirs concaves ou des lentilles. Afin de maximiser
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le couplage, il faut donc choisir une configuration adéquate, et ceci peut se faire
aisément grâce aux matrices ABCD.

Le principe des matrices ABCD est décrit dans l’ouvrage suivant (Saleih and
Teich, 1991). Afin de pouvoir utiliser ces matrices, il nous faut dans un premier
temps introduire le paramètre complexe d’un faisceau. N’importe quel faisceau gaus-
sien peut être entièrement définit par son paramètre complexe q̂ :

1
q̂(z) = 1

R(z) + i
λ0

πw(z)2 (2.1)

où : R(z) est le rayon de courbure du front d’onde, et w(z) est le rayon du
faisceau à la cote z le long de l’axe de propagation du faisceau.

Toute action linéaire (lentille, miroir, propagation selon z...) sur un faisceau de
paramètre complexe q̂1 donne en sortie un faisceau de paramètre complexe q̂2 tel
que 1 :

q̂2 = Aq̂1 + B

Cq̂1 + D
(2.2)

où ABCD sont les paramètres de la matrice M suivante : M =
(

A B
C D

)
. Pour

déterminer le paramètre complexe d’un faisceau après un nombre N de transforma-
tions q̂f , il suffit de multiplier les matrices ensembles : Mf = MN · MN−1...M2 · M1.
On obtient ensuite le paramètre complexe q̂f grâce à la formule 2.2.

Systèmes fermés
Un système fermé, comme une cavité, sera caractérisé par la matrice Mc =(

Ac Bc

Cc Dc

)
qui représente les transformations subies en un tour de cavité. Après

P tours de cavité, le paramètre du faisceau sera donc donné par la matrice MP
c .

Dans un premier temps, il est important de montrer qu’un tel système est stable,
c’est à dire que le faisceau peut rester confiné dans la cavité, sans diverger, quelque
soit le nombre de tour qu’il parcourt. On peut montrer (Saleih and Teich, 1991),
que la condition de stabilité de la cavité se traduit sur la matrice Mc de la façon
suivante :

∣∣∣∣Ac + Dc

2

∣∣∣∣<1 (2.3)

Comme nous allons le voir dans la section suivante, les cavités fonctionnant
grâce aux interférences. Afin de bien coupler un faisceau dans une cavité, il faut
maximiser le contraste des interférences. Pour cela, il faut que le profil spatial (i.e.
le paramètre complexe) du faisceau ayant fait un tour de cavité : q̂1 soit le même
que celui du faisceau incident q̂0, ainsi, obtient la condition suivante :

q̂0 = q̂1 = q̂ ⇔ q̂ = Acq̂ + Bc

Ccq̂ + Dc

(2.4)

1. On suppose ici que n1 = n2, dans le cas contraire, l’équation s’écrit q̂2
n2

=
A

q̂1
n1

+B

C
q̂1
n1

+D
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Figure 2.2 – Schéma du modèle de cavité utilisé.

Dans les annexes A.1, nous montrons que cette équation possède une seule et
unique solution stable, cette solution est communément qualifiée comme étant le
mode de la cavité, elle est définie comme suit :

1
𝑞

= 1
𝑅

+ 𝑖
𝜆0

𝜋𝑤2 où :

⎧⎪⎪⎪⎪⎨⎪⎪⎪⎪⎩
𝑅 = 2𝐵𝑐

𝐷𝑐−𝐴𝑐

𝑤2 = 𝜆0|𝐵𝑐|

𝜋

√︁
1−(𝐴𝑐+𝐷𝑐

2 )2

(2.5)

Le mode de lumière définit par 𝑞 est le seul mode qui peut résonner dans la
cavité. Si on envoie un faisceau en entrée de cavité différent de ce mode, seule la
partie de ce faisceau correspondant au mode de la cavité résonnera. Le faisceau
obtenu en sortie de cavité correspondra donc majoritairement au mode résonnant,
la cavité agit donc comme un filtre sur le faisceau incident.

2.1.3 Cavité Fabry-Perot
Nous connaissons maintenant le mode spatial requis pour faire résonner efficace-

ment un faisceau laser dans une cavité donnée. Cependant, cela n’est pas suffisant
pour pouvoir faire résonner une cavité. Il nous reste pour cela deux problèmes à
régler : l’asservissement de la phase et l’adaptation d’impédance de la cavité.

Afin de pouvoir étudier correctement notre problème, nous allons le simplifier
grâce aux suppositions suivantes :

• le profil spatial du faisceau est identique à celui de la cavité,

• nous étudions la cavité en papillon représentée sur la figure 2.2,

• on suppose que R3 =R4 =100 %.

2.1.3.1 Le modèle

Le modèle considéré est représenté sur la figure 2.2. Nous considérons un faisceau
incident d’intensité 𝐼𝑖𝑛 sur une cavité linéaire de longueur 𝐿𝑐, les faisceaux réfléchis
et transmis ont des intensités notées 𝐼𝑖𝑛 et 𝐼𝑜𝑢𝑡. Les miroirs ont des coefficients de
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Figure 2.3 – Transmission de la cavité en fonction de la phase. Les pics de trans-
missions correspondent aux cas où la longueur de la cavité est un multiple de la
longueur d’onde.

réflexion R1 et R2. On peut montrer (annexe A.2) que l’intensité transmise s’écrit
comme :

Iout = T (λ)Iin (2.6)
où T (λ) représente la transmission de la cavité. Son expression est la suivante :

T (λ) =
√

1 − R1
√

1 − R2

1 + R1R2 − 2
√

R1R2 cos Δψ
(2.7)

où Δψ représente la phase accumulée par l’onde lorsqu’elle parcourt un tour de
cavité. On note ainsi :

Δψ = ωLc

c
= 2π

λ
Lc (2.8)

Cette équation nous permet d’étudier l’influence de la phase ainsi que celle des
coefficients de réflexions sur la transmission de la cavité.

2.1.3.2 Influence de la phase

Nous allons ici nous intéresser à l’influence de la phase. Nous supposons que les
miroirs ont les mêmes coefficients de réflexions R. L’expression de la transmission
de la cavité devient :

T (λ) = (1 − R)2

1 + R2 − 2R cos Δψ
(2.9)

La transmission de la cavité en fonction de sa longueur est représentée sur la
figure 2.3 pour plusieurs valeurs de R. Comme on peut le voir sur la figure, la
cavité transmet le faisceau lorsque Δψ = 2π

λ
Lc = 0 [2π], cela correspond aux phases

de résonances de la cavité. Pour un laser ayant une longueur d’onde donnée, cela
implique que la cavité ne résonne que pour certaines longueurs telles que : Lc = 0 [λ].
Si nous voulons maintenir la puissance intra-cavité stable, il faut donc être capable
de contrôler la longueur de la cavité à mieux que λ près : Lc

λ

 1. Comme il est
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généralement impossible d’atteindre une telle stabilité dans un laboratoire, il est
nécessaire d’asservir la phase (ou la longueur) de la cavité. Différentes méthodes
d’asservissement seront détaillées à la fin de ce chapitre.

On remarque aussi que plus la réflexion des miroirs est importante, plus les pics
de transmissions sont fins, et plus il sera difficile d’asservir la phase.

Finesse
La largeur des pics de transmission est une caractéristique très importante. Dans

le cas d’un laser par exemple, elle détermine sa largeur de raie, et donc sa longueur
de cohérence. Cette largeur est appelée la finesse d’une cavité est définie comme
suit :

𝐹 = 𝐼𝑆𝐿

𝛿𝜈
= 𝜆0

𝛿𝜆
(2.10)

où les différents paramètres, détaillés dans la table 2.1, sont :

• ISL (Intervalle spectral libre) : distance spectrale entre deux maximums de
transmissions,

• 𝛿𝜈 : largeur spectrale des pics de transmissions,

• 𝜆 : longueur d’onde centrale du laser,

• 𝛿𝜆 : largeur des pics de transmissions

Pour une cavité Fabry-Perot, la finesse peut s’exprimer en fonction de la réflexion
des miroirs (Ismail et al., 2016) :

𝐹 = 𝜋

2 arcsin
(︁

1−𝑅
2𝑅2

)︁ ≃ 𝜋
√
𝑅

1 −𝑅
(2.11)

Puissance résonante
Plus la finesse d’une cavité est grande, plus le nombre de tours N parcourus par

la lumière sera important : 𝑁 = 𝐹
2𝜋 . La lumière étant stockée plus longtemps, la

puissance résonante va donc augmenter avec la finesse. La puissance intra-cavité se
déduit simplement grâce à l’intensité sortante et la réflexion du miroir de sortie :

𝐼𝑟𝑒𝑠 = 1
1 −𝑅2

𝐼𝑜𝑢𝑡 = 𝑇 (𝜆)
1 −𝑅2

𝐼𝑖𝑛 (2.12)

La figure 2.4 montre l’intensité résonante maximale en fonction de la finesse
et de la réflexion des miroirs en échelle logarithmique, la figure 2.5 représente la
puissance résonante en fonction de la longueur d’onde (pour une longueur de cavité
fixée) pour différentes finesses.
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Figure 2.4 – Représentation de l’intensité résonante en fonction de la finesse (abs-
cisses du haut) et du coefficient de réflexion R (abscisses du bas).

Figure 2.5 – Représentation de l’intensité résonante dans la cavité en fonction
de la longueur d’onde pour différentes finesses. Δλ représente l’écart en longueur
d’onde entre deux pics de transmissions, il correspond à l’intervalle spectral libre
de la cavité.
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Chapitre 2. Les cavités optiques

Figure 2.6 – Transmission d’une cavité en fonction des coéfficient de reflexion des
miroirs d’entrér (R1) et de sortie (R2).

2.1.3.3 Adaptation des pertes

Dans cette section nous allons nous intéresser à l’influence des miroirs sur la
puissance transmise. Sur la figure 2.6 est représentée la transmission T (R1, R2)
lorsque Δψ = 0. On remarque que le maximum de transmission se situe lorsque
les deux miroirs ont les mêmes coefficients de réflexions. On note aussi, que plus la
finesse augmente, plus la transmission se dégrade rapidement avec le désaccord des
réflexions.

Ainsi, on comprend bien qu’afin de maximiser la transmission et donc la puis-
sance résonante, il nous faut choisir correctement les coefficients de réflexions de
nos miroirs.

Cette adaptation des coefficients de réflexions traduit un effet encore plus im-
portant. Dans une cavité, tout les objets conduisant à des pertes optiques P, sont
équivalents à un miroir qui a un coefficient de réflexion 2 R=1-P %. Tout ces miroirs
sont équivalents à un unique miroir dont la réflexion est le produit des réflexions
de ces miroirs. Ainsi, lorsque l’on construit une cavité, il est essentiel de connaitre
ses pertes afin de choisir les bons miroirs d’entrée et de sortie. Comme nous al-
lons le voir plus tard, les pertes peuvent avoir plusieurs origines. Elles peuvent être
dues à un miroir qui ne réfléchit pas entièrement la lumière, la présence d’un cris-
tal qui ne transmet pas toute la lumière, des effets non-linéaires qui absorbent la
lumière pour une longueur d’onde donnée, la présence d’un gaz qui possède une
bande d’absorption à une certaine longueur d’onde, etc...

2.2 Les cavités pulsées ou cavités synchrones
Dans la section précédente, nous avons étudié les cavités pour un laser mo-

nochromatique. Cependant, notre expérience fonctionne avec un laser pulsé, nous
allons donc maintenant regarder le comportement des cavités pulsées. La formation
de ces pulses ne faisant pas l’objet de cette section, elle ne sera pas décrite ici. Elle

2. si les pertes dépendent de la longueur d’onde, il suffit de considérer un miroir dont la réflexion
dépend de la longueur d’onde.
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Figure 2.7 – Importance de l’asservissement de la phase d’un laser, nous repré-
sentons les amplitudes du champ pour 10 fréquences différentes. Dans un cas les
phases des différentes oscillations sont aléatoires : (a) et (b), dans l’autre elles sont
asservies : (c) et (d). (a) et (c) oscillations des différentes fréquences. (b) et (d) :
champs résultants. Lorsque la phase est asservie, des oscillations apparaissent.

est présenté dans la section 4.1.1. Les pulses produits par le laser, ont une longueur
temporelle d’environ 2.5 ps avec un taux de répétition de 76 MHz. Par soucis de
clarté, les exemples de cette section auront les caractéristiques du laser utilisé au
cours de cette thèse. Tous ces paramètres sont résumés dans la table 2.1.

2.2.1 Généralités
Les lasers pulsés

Nous allons ici voir les propriétés des lasers pulsés. Un laser pulsé peut être vu
comme un peigne de fréquence, chaque dent de ce peigne correspond à un maximum
de transmission de la cavité laser. Un peigne de fréquence est représenté sur la figure
2.8, l’espace entre chaque dent est donné par l’ISL (Intervalle Spectral Libre) de la
cavité (76 MHz dans notre cas), il correspond au temps nécessaire à la lumière pour
effectuer un tour de cavité tcav : νISL = 1

tcav
= c

Lc
, c’est donc le taux de répétition

du laser. Ainsi, les pics possèdent une fréquence ν = νCEO + kνISL, où k ∈ N et
νCEO correspond à un « offset » de la fréquence des dents par rapport à l’origine
(CEO : carrier envelope offset) que nous aborderons dans la prochaine section.

Pour obtenir des pulses, les dents du peigne doivent évidement être cohérentes,
mais elles doivent aussi avoir la même phase, sur la figure 2.7 nous avons représenté
le champ obtenu par 10 oscillations différentes, espacées les unes des autres d’une
fréquence Δν, lorsque les phases sont verrouillées (figure 2.7(b)) ou pas (figure
2.7(a)). Contrairement au cas où les phases sont aléatoires, l’asservissement fait
ressortir des pics d’intensités de période Δν.
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Figure 2.8 – Représentation de la phase CEO en fréquence, les dents du laser ont
un offset 𝜈𝐶𝐸𝑂 par rapport à l’origine.
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Figure 2.9 – Représentation temporelle des effets de la phase CEO. La différence
de phase entre les pulses et l’enveloppe se décale d’une valeur 𝜓𝐶𝐸𝑂 à chaque pulse.

La largeur temporelle d’une impulsion est reliée par transformée de Fourier à la
largeur du spectre, ainsi, plus une impulsion est petite, plus son spectre est grand.
Dans notre expérience, un ISL de 76 MHz pour une largeur temporelle de 2.5 ps
nous donne un spectre de 300 GHz (0.9 nm) composé d’environ 4000 dents.

Notre laser pulsé est donc équivalent à 4000 lasers asservis en phase !

La phase CEO (Carrier Envelope Offset)
La fréquence 𝜈𝑐𝑒𝑜 représente un décalage en fréquence par rapport aux positions

𝑘𝜈𝐼𝑆𝐿 (figure 2.8). Plusieurs paramètres expliquent son apparition : fluctuations des
paramètres environnementaux (température, pression atmosphérique), changements
de géométrie de la cavité laser, amplitude-to-phase conversion,etc... (Ye and Cundiff,
2005) D’un point de vue temporel, elle correspond à un décalage entre la phase du
pulse et son enveloppe, ce décalage est représenté sur la figure 2.9 pour un pulse de
quelques femtosecondes.

Dans le cas d’impulsions très courtes, si l’on fait interférer deux pulses avec des
CEOs différentes, les amplitudes pour une phase donnée sont très différentes (figure
2.9), cela réduit donc le contraste des interférences, ce qui, pour des cavités, revient
à réduire la puissance résonante. Ce problème est donc crucial lorsque l’on utilise des
pulses très courts. Si les pulses sont plus longs et possèdent un plus grand nombre
d’oscillations, même si la phase 𝜓𝐶𝐸𝑂 est déphasée de 𝜋[2𝜋], cela ne change pas
la valeur des amplitudes qui interfèrent, les enveloppes restent superposées. Dans
ce cas, les problèmes liés à la phase CEO, sont négligeables. Dans notre cas, la
longueur de nos impulsions est 𝜏 = 2.5 ps, pour une période 𝑇0 = 2.8 fs, nous avons
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donc environ 1000 oscillations, la relation T0 
 τ est bien vérifiée. On peut donc
négliger la phase CEO dans le reste de ce manuscrit.

Espace temporel Espace des fréquences
Val. typ. Grandeur Sym. Sym. Grandeur Val. typ.

>1 μs
(>300 m)

Cohérence
temporelle Tc δν

Largeur des
raies <1 MHz

13 ns
(3.95 m)

Distance
entre deux

pulses
ΔT νrep

Écart entre les
dents/taux de

répétition
76 MHz

2.5 ps
(0.8 mm)

Largeur d’une
impulsion τ Δν

Largeur du
spectre

300 GHz
(0.9 nm)

3 fs
(850 nm)

Période des
oscillations T0 ν0

Fréquence
/longueur

d’onde centrale
350 THz

Table 2.1 – Table d’équivalence entre les espaces temporels et fréquentiels.

t

E(
t)

(a)

I(
)

0

(b)

Figure 2.10 – Représentation des différentes caractéristiques du laser utilisé. (a)
Grandeurs temporelle, la longueur de cohérence étant trop importante, elle n’a pas
pu être représentée ; (b) grandeur fréquentielle.
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(a) (b)

Figure 2.11 – Représentation des spectres en sortie de cavité pour différentes
valeurs de Δ𝐿 = |𝐿𝑐 − 𝐿𝑝| : et pour différentes finesses : (a) F=30 ; (b) F=100.
Pour des raisons de commodités, seul les maximums des dents du spectres sont
représentées. Plus l’écart de longueur augmente, plus le spectre s’affine, le cas Δ𝐿 =
0 corresponds au spectre en entrée de cavité. Les effets sont plus importants lorsque
la finesse augmente.

Équivalence temps/fréquence
Lorsque l’on travail avec des impulsions, il faut en permanence jongler avec l’es-

pace temporel et fréquentiel afin d’avoir une vision complète de la physique étu-
diée. Pour cela, nous avons regroup les différentes grandeurs de notre laser dans la
table 2.1.

Pour plus de clarté, les grandeurs sont représentées sur les figures 2.10(a) et 2.10(b).
On peut noter que les échelles de temps et de fréquences des caractéristiques de notre
laser s’étalent sur plus de 8 ordres de grandeurs !

Au cours de cette section, nous allons essayer de décrire chacun des phénomènes
étudiés dans les deux espaces.

2.2.2 Influence de la longueur de la cavité

Les pulses produits par notre laser sont espacés d’environ 3.95 m (table 2.1),
ainsi, pour pouvoir faire résonner correctement les pulses dans une cavité, la lon-
gueur de cette dernière doit être identique à la distance entre les pulses.

Si il existe un désaccord Δ𝐿 = 𝐿𝑐 − 𝐿𝑝 entre les deux longueurs, la résonance
de la cavité en sera affectée. Dans cette section, nous allons nous pencher sur ce
cas. Pour cela, nous allons dans un premier temps négliger le désaccord entre les
pertes et la réflectivité du miroir d’entrée. De même, pour des raisons de simplicité,
la phase de la cavité est supposée asservie.

Le modèle
Afin de pouvoir étudier la résonance de la cavité en fonction de Δ𝐿, nous allons

considérer le spectre d’un pulse créé par notre cavité laser, nous prenons donc un
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2.2. Les cavités pulsées ou cavités synchrones

spectre gaussien 3 constitué de dents espacées les unes des autres de 76 MHz, nous
choisissons un spectre centré à 850 nm de largeur 0.9 nm. Le spectre est représenté
sur la figure 2.11, il correspond au cas où ΔL = 0.

Une fois le spectre défini, il suffit d’appliquer la fonction de transmission T (λ)
2.9 sur le spectre. Afin de voir l’influence de la finesse de la cavité, nous avons fait
les calculs pour des finesses de 30 (R=0.9 %) et 100 (R=0.98 %). Les résultats sont
représentés sur la figure 2.11, comme on peut le voir, le spectre en sortie de cavité
s’affine lorsque le désaccord augmente. Les figures mettent en évidence les effets de la
finesse sur cette réduction spectrale. Lorsque la finesse augmente, le spectre s’affine
plus rapidement avec ΔL. Nous allons donner une rapide explication physique de
ce phénomène.

Espace des fréquences
Dans l’espace des fréquences, il faut s’intéresser aux dents du peigne de fré-

quence et au pics de transmission de la cavité. Les dents du peigne sont espacées de
frep =76 MHz. Dans le cas de la cavité, les pics de transmission sont espacés d’une
fréquence fpic = c

Lc
= c

Lp±ΔL
� c

Lc

(
1 ± ΔL

Lc

)
= frep

(
1 ± ΔL

Lc

)
. Ainsi, l’écartement

entre les pics de transmissions et les dents du peigne de fréquences est différent.
Comme on peut le voir sur la figure 2.12, le décalage ΔL conduit à un désaccord
entre les pics de transmissions et le spectre du laser, ce qui réduit la largeur spectre
transmis.

Lorsque la finesse de la cavité augmente, les pics de transmission sont plus fins,
ils se retrouvent donc taillés encore plus rapidement, ce qui est observé sur la figure
2.11.

Si le désaccord est suffisamment important, et si le spectre est assez large, les
pics de transmissions et les dents du peigne reviennent en phase, ce qui explique les
pics multiples observés sur la figure 2.11.

Espace temporel
Du point de vu temporel, l’explication est plus facile à comprendre, l’équivalent de

l’écart entre les dents, est l’écart entre les pulses. Un désaccord de longueur implique
que les pulses qui interfèrent sont décalés les uns par rapport au autres. Ainsi, le
pulse résultant de ces interférences sera d’une part plus faible (dû au désaccord des
amplitudes), mais surtout le pulse se retrouvera allongé, ce qui aura pour effet de
réduire le spectre des pulses.

Lorsque le désaccord est suffisamment important, un pulse arrivé N tours en
avance du pulse 0 aura fait N+1 (ou N-1) tours, ce dernier se retrouvera donc à
nouveau synchronisé avec le pulse 0, ils interféreront donc constructivement. Ceci est
équivalent à avoir une cavité où les pulses sont espacés de NΔT , ce qui nous donne
le peigne de fréquence de la figure 2.11, où les pics sont séparés d’une fréquence
f = 1

NΔT

Enfin, plus la finesse est élevée, et plus le nombre de pulses qui interféreront
sera important. Ainsi, l’étalement moyen entre les pulses sera plus important, et le
pulse s’étalera plus rapidement.

3. Dans les faits, l’allure du spectre de notre laser est une sécante hyperbolique et pas une
gaussienne, mais cette approximation gaussienne convient tout à fait pour les effets que nous
souhaitons étudier.
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Figure 2.12 – Transmission de la cavité pour différentes longueurs de cavité. Les
pics bleus représentent le spectre de sortie du laser pour un désaccord de 0.2 m.
Le spectre du laser se retrouve rétréci. Paramètre de la cavité : F=9, R=70 %. Le
désaccord à été pris grand afin de souligner les effets.

2.2.3 Les effets de sous-cavités
Nous allons finir cette section en étudiant les effets de sous-cavités. Ce sont des

effets assez inattendus, qui ont été observés sur l’expérience et qui seront traités
plus loin dans le manuscrit. Nous allons étudier ici l’influence d’une lame de verre
placée dans la cavité. Expérimentalement la lame de verre peut être un cristal, un
miroir, une lentille, etc... Nous allons étudier son influence sur le spectre transmis
par la cavité.

Dans un premier temps, nous pouvons regarder le spectre transmis par cette
lame lorsqu’elle n’est pas placée dans la cavité. Dans notre cas, la lame de verre
possède un traitement anti-réflexion à la longueur d’onde utilisée, la réflexion de
ses faces est donc inférieur à 1 %. La lame de verre à une épaisseur de 3 mm. Si
nous appliquons l’expression de 𝑇 (𝜆) pour une cavité linéaire de 3 mm de long avec
des coefficients de réflexions R=1 %, nous n’observons presque aucun effet sur le
spectre de transmission comme attendu. Le spectre transmis est représenté sur la
figure 2.13, les effets apparaissent légèrement dans l’inset qui correspond à un zoom
d’un facteur 5.

Plaçons maintenant la lame de verre dans la cavité, la formule de la transmission,
calculée dans l’annexe A.3, est modifiée comme suit :

𝐼𝑜𝑢𝑡 = (1 −𝑅)2

1 + 𝑇𝑙𝑅2 − 2𝑎𝑇𝑙𝑅
𝐼𝑖𝑛 (2.13)

où :

• 𝑎 = cos 2𝜋
𝜆
𝐿𝑐−𝑅𝑙 cos ( 2𝜋

𝜆
(𝐿𝑙−𝐿𝑐))

1−𝑅𝑙

• 𝑇𝑙 = (1−𝑅𝑙)2

1+𝑅2
𝑙
−2𝑅𝑙 cos 2𝜋

𝜆
𝐿𝑙

: transmission de la lame sans cavité

• 𝐿𝑙 : longueur effective de la lame de verre

• 𝐿𝑐 : longueur effective de la cavité
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Figure 2.13 – Effets d’une lame de verre sur un spectre gaussien. Rouge : spectre
incident, bleu : spectre transmis, inset : zoom (x5) de la courbe. Les effets de la
lame de verre sont très faibles.

• Rl : réflexion d’une face de la lame de verre

• R : réflexion des miroirs de la cavité

La figure 2.14 représente le spectre en sortie de cavité pour différentes finesses.
La longueur de la lame de verre est de 3 mm pour un indice nl = 1.8. Il est clair que
la cavité exacerbe les effets de la lame sur le spectre. De même que dans la section
précédente, plus la finesse de la cavité augmente, plus les effets sont prononcés.

Interprétation fréquentielle et temporelle
L’interprétation de ces résultats est relativement simple, il faut considérer la lame

comme une cavité Fabry-Perot de 3 mm de long.

Temporellement, la lame sépare le pulse initial en plusieurs pulses décalés
de deux fois la longueur effective de la lame les uns par rapport aux autres. Les nou-
veaux pulses étant de très faibles amplitudes, leurs effets sont très faibles. Lorsqu’on
place la cavité autour de la lame, si la cavité a une finesse de 30, cela implique que
les pulses font en moyenne 30

2π
� 5 tours dans la cavité. Comme le coefficient de ré-

flexion est très faible, l’amplitude du pulse principale ne diminue presque pas, mais
les amplitudes des pulses créés par la lame sont augmentés d’un facteur 5 environ.
On comprend tout de suite, que l’amplitude de ces pulses n’est plus négligeable.

Spectralement, l’interprétation est la même, les pics du peigne de fréquence
du laser sont très légèrement modulée par la lame de verre. La lame étant très petite
devant la distance entre les pulses, cela crée des oscillations dont la période est de
l’ordre de grandeur de la largeur de notre spectre.

De la même façon, on peut en première approximation considérer que pour une
cavité de finesse 30, les pulses passent environ 5 fois à travers la lame de verre. Cela
revient donc à appliquer 5 fois de suite la fonction de transfert appliquée pour un
passage. Ainsi, les creux vont se retrouver plus prononcés.
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Figure 2.14 – Représentation des effets de sous-cavités pour différentes finesses.
La lame de verre est prise égale à 3 mm, pour un indice 𝑛𝑙 = 1.8.

Dans les deux cas, lorsque l’on augmente la finesse de la cavité, nous augmentons
le nombre de tours à travers le cristal, ce qui va amplifier les effets décrits.

2.3 Asservissement
Dans cette partie, nous allons rapidement détailler la méthode d’asservissement

utilisée sur l’expérience. Il existe différentes méthodes qui permettent de contrôler
la phase d’une cavité. Généralement, la méthode consiste à changer la longueur de
la cavité en contrôlant la position d’un des miroirs grâce à une céramique piézo-
électrique. La position du miroir est contrôlée en appliquant une certaine tension
à la céramique. Mais pour savoir quelle tension appliquer, il nous faut un signal
d’erreur.

Pour obtenir un signal d’erreur, la technique la plus courante est sans doute
la méthode de Pound Drever Hall (PDH) (Drever et al., 1983). Cette dernière
est particulièrement utilisée pour asservir la fréquence d’un laser sur une transition
atomique. Cette méthode permet d’obtenir un signal d’erreur très pentu à partir du
signal d’absorption d’une transition (où à partir de la puissance réfléchie à l’entrée
de la cavité). Le signal est obtenu en appliquant une perturbation au signal d’entrée,
un multiplexage entre le signal de perturbation et le signal réfléchi donne le signal
désiré. La perturbation est obtenue grâce à un modulateur électro-optique auquel
on applique une tension qui permet de changer légèrement la fréquence du faisceau.
Toutefois cette méthode utilise un modulateur électro-optique qui est assez couteux.
et dans certain cas, elle impose un séquençage de l’expérience.

La méthode Hänsch et Couillaud
La méthode utilisée sur l’expérience est la méthode dite d’Hansch et Couillaud (Hansch

and Couillaud, 1980). Contrairement à la méthode de PDH, elle nécessite unique-
ment l’utilisation d’un cube séparateur de polarisation (PBS) et d’une lame quart
d’onde (𝜆/4). De plus, la mesure peut se faire de façon continue.

Le principe, décrit dans l’article (Hansch and Couillaud, 1980), est le suivant :
lorsque la lumière effectue un tour dans une cavité, la polarisation de cette der-
nière se retrouve légèrement changée (dans l’article original, les auteurs placent un
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Figure 2.15 – Représentation d’une cavité utilisant la méthode de Hansch et
Couillaud. PBS : cube séparateur de polarisation ; QWP : lame quart d’onde.

(a) (b)

Figure 2.16 – Signal théorique réfléchi par la cavité (a) et obtenu par la méthode
d’Hansch et Couillaud (b) en fonction de la longueur de la cavité. Le signal (b)
permet d’asservir la longueur de cette dernière.

polariseur dont l’angle passant est légèrement différent de celui de la polarisation
initiale), ce changement de polarisation va se répercuter sur les interférences du
signal réfléchi par le miroir d’entrée de la cavité. Si on mesure le signal réfléchit,
nous allons voir un signal de réflexion classique (figure 2.16(a) ), en revanche, si
nous faisons interférer les différentes polarisations à l’aide d’une lame quart d’onde
et d’un PBS (représenté sur la figure 2.16(b), le signal obtenu correspond bien à
un signal d’erreur passant par 0 lorsque tout la puissance est transmise dans la
cavité. On peut donc asservir la phase de la cavité sur ce signal et maximiser la
transmission de la cavité.

Cette méthode possède cependant deux inconvénients. Le premier est qu’elle
ne permet pas d’asservir une fréquence sur une bande d’absorption d’un gaz. La
deuxième est que le signal d’erreur est moins pentu qu’un signal obtenu par la
méthode de PDH, cependant, ce signal peut être aisément amplifié. Dans notre cas, il
nous faut même l’atténuer afin de ne pas faire résonner le système d’asservissement.
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2.4 Conclusion
Dans ce chapitre, qui clôt la partie théorique de cette thèse, nous avons réalisé

un tour d’horizon des propriétés des cavités. Ces notions nous seront utiles tout au
long de ce manuscrit.
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Ce chapitre porte sur la génération d’états non-classique de la lumière, plus
précisément sur la génération d’états chats de Schrödinger optiques. Nous allons
commencer par une rapide introduction sur l’information quantique et les variables
continues, nous poursuivrons par un état de l’art des états chats de Schrödinger
optiques. Enfin, nous présenterons le protocole utilisé sur notre expérience : le pro-
tocole de breeding.

3.1 Le bit quantique
Afin de pouvoir réaliser des protocoles d’informations quantiques, il faut pouvoir

remplacer le « bit classique »par le « bit quantique », appelé qubit. De manière
générale, un qubit est défini comme suit :

|Qubit〉 = 1
N

(
a0 |0〉 + a1e

iθ |1〉
)

(3.1)

où N =
√

a2
0 + a2

1 est un facteur de normalisation, a0 et a1 sont les poids des états
|0〉 et |1〉, θ représente la phase entre ces deux états. Évidemment, le qubit sera dif-
férent en fonction du système et de la description utilisée. Il existe un grand nombre
de systèmes (ou plateformes) qui permettent d’obtenir des qubits comme les ions
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(Leibfried et al., 2003), les atomes neutres (Ebert et al., 2015), les photons (Our-
joumtsev et al., 2006b), les supraconducteurs (Chiorescu, 2003), etc... Nous nous
concentrons ici sur l’utilisation des photons. Pour des raisons de facilité d’écriture
et de lecture, nous fixerons les valeurs suivantes : 𝑎0 = 1, 𝑎1 = 1 et 𝜃 = 0, ce qui
nous donne l’écriture suivante : |Qubit⟩ = |0⟩+|1⟩√

2 .

Les variables discrètes
Avec les variables discrètes, le qubit est codé sur le nombre de photons dans un

ou plusieurs modes. Comme il est difficile de compter le nombre de photons d’un
état, les états généralement utilisés sont le vide et le photon unique. L’image la
plus directe du qubit est bien entendu celle de la superposition du vide et d’un
photon unique : |0⟩+|1⟩√

2 , mais ces deux états étant difficilement séparables, il sont
compliqués à utiliser. En effet, pour pouvoir séparer un état de vide et un état à un
photon, il faut nécessairement avoir de très bonnes efficacités. Cependant, quantité
de méthodes permettent d’obtenir un qubit avec un photon, chacune d’elles jouant
sur des propriétés ou modes différents de la lumière :

• l’utilisation de la polarisation : on utilise les polarisations horizontales (|𝐻⟩)
et verticales (|𝑉 ⟩) d’un photon, le qubit s’écrit : |𝐻⟩+|𝑉 ⟩√

2 . Ces états peuvent
être directement obtenus en polarisant un photon unique à 45° de axes V et
H,

• l’intrication énergie-temps : en faisant traverser un photon dans un interféro-
mètre de Mach-Zender où la longueur des deux bras sont différentes, le photon
aura deux temps de sortie différents : en avance (|𝑎⟩) et en retard (|𝑟⟩), on
obtient ainsi l’état |𝑎⟩+|𝑟⟩√

2 ,

• les fréquences : la superposition se note : |𝜈1⟩+|𝜈2⟩√
2 . Il est aussi possible de les

produire par effet paramétrique,

• les moments orbitaux du photon : ils peuvent être obtenus avec des masques
de phases par exemple.

Les variables continues
Pour les variables continues, le qubit ne peut pas être encodé sur le nombre de

photons. Comme les distributions de probabilités du vide et des états de Fock se
superposent en partie, il est généralement impossible de séparer les deux cas par
une mesure. Sur la figure 3.1, sont tracées les distributions de probabilités du vide
et d’un état à un photon. Comme on peut le voir la seule façon d’être sûr de savoir
de quel état provient notre mesure, c’est de mesurer la valeur 0, cette dernière ne
pouvant venir que du vide 1.

Il nous faut donc définir un nouveau qubit pour les variables continues. Ce
qubit est l’état chat de Schrödinger optique, cet état a été présenté dans le premier
chapitre 1.2.2.2, sa fonction de Wigner est représentée sur la figure 3.2. Cet état est
la superposition de deux états cohérents de phases opposées notés :

1. Une mesure très grande devant la largeur à mi-hauteur du vide permet de différencier aussi
les deux états, mais la probabilité de mesurer une telle valeur est extrêmement faible.
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Figure 3.1 – Distributions de probabilités du vide (courbe bleue) et d’un état de
Fock à un photon (courbe rouge). Seule la valeur 0 permet de différencier parfaite-
ment les deux cas.

Figure 3.2 – Fonction de Wigner d’un état chat de Schrödinger pair d’amplitude
α = 2.5.

|Qubit〉 = 1
N

(|α〉 + |−α〉) (3.2)

Comme on peut le voir sur la figure 3.2, si l’on effectue une mesure homodyne
selon l’axe des X, on peut déterminer en une seule mesure l’état dans lequel se trouve
notre qubit. Il suffit pour cela que les états cohérents soient suffisamment intenses,
c’est-à-dire, que les deux pics gaussiens de l’état soient suffisamment éloignés de
0. L’expression du recouvrement entre les deux pics est : |〈α|−α〉|2 = e−4α2 , cette
valeur diminue donc extrêmement rapidement avec α. Sur l’exemple de la figure
3.2, nous avons α = 2.5, ce qui nous donne un recouvrement |〈α|−α〉|2 < 10−11.

L’avantage des variables continues est double. Comme les détections homodynes
utilisent des photodiodes classiques, il est possible d’atteindre de très hautes effi-
cacités quantiques sans avoir à utiliser des températures cryogéniques. De plus, à
l’inverse des détecteurs de photons, il est possible de définir un degré de confiance
envers notre mesure : si en mesurant le champ électrique, on obtient une valeur
proche de zéro, les probabilités que cette valeur vienne du mauvais état cohérent
augmente. Si cette probabilité devient trop élevée, il suffit alors de décréter que
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(a)

(b)

Figure 3.3 – Chat de Schrödinger obtenu dans le groupe de Serge Haroche en
utilisant des cavité micro-ondes (𝛼 = 1.9)(Deléglise et al., 2008). (a) Schéma de
l’expérience réalisée ; (b) Fonction de Wigner de l’état obtenu

cette mesure est non-conclusive et de l’oublier. A l’inverse, si la valeur mesurée est
très élevée, on peut connaître avec certitude notre état. On peut de cette façon
définir un degré de confiance sur notre mesure, ce qui n’est pas possible avec des
détecteurs de photons.

Ces avantages ont rendu les états chats de Schrödinger hautement populaires
dans de nombreux domaines : pour réaliser des calculs quantiques (Jeong and Kim,
2002; Lloyd and Braunstein, 1999; Lund et al., 2008; Ralph et al., 2003), des codes
correcteurs d’erreurs (Cochrane et al., 1999), des expériences de métrologies (Facon
et al., 2016; Joo et al., 2011; Munro et al., 2002; Ralph, 2002) ou encore de la
cryptographie quantique (Brask et al., 2010; Lee and Jeong, 2013; Sangouard et al.,
2010; Silberhorn et al., 2002).

Si les états chats sont très séduisants pour réaliser des protocoles quantiques,
ils possèdent cependant un inconvénient majeur : ils sont difficiles à produire. Leur
génération fait l’objet de la section suivante. De plus, les protocoles utilisant ces
états nécessitent de faire des mesures de parités (i.e. distinguer les états |𝛼⟩ +
|−𝛼⟩ et |𝛼⟩ + |−𝛼⟩). Avec une détection homodyne, la probabilité d’obtenir une
mesure permettant de différencier ces états est faible, l’alternative est d’utiliser des
détecteurs de types TES capables de compter les photons d’un états.

3.2 Génération d’états chats de Schrödinger op-
tiques

3.2.1 État de l’art
Depuis la première proposition d’un protocole de génération d’états chats de

Schrödinger en 1986 (Yurke and Stoler, 1986), beaucoup d’expériences ont vu le jour
permettant de créer de tels états. Dans cette partie, nous allons voir les principales
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(a)

(b)

(c)

Figure 3.4 – États chats de Schrödinger obtenus à partir d’états de vide comprimés
monomodes. (a) et (b) Schéma et fonction de Wigner du chaton de Schrödinger
publiés dans (Ourjoumtsev et al., 2006b) ; (c) Chat de Schrödinger obtenu par le
même principe (Gerrits et al., 2010) mais en soustrayant 3 photons de l’état initial.

méthodes permettant de les générer.
La première méthode proposée pour produire des états chats a été d’utiliser des

effets non-linéaires d’ordre 3 ou supérieur (d’ordre n où n est impair) (Yurke and
Stoler, 1986), mais de tels effets non-linéaires se sont révélés impossible à obtenir
en laboratoire, les puissances nécessaires étant beaucoup trop importantes.

Cavités
Une solution pour contourner ce problème est d’utiliser des cavités pour stocker la

lumière et de contrôler l’état de la cavité avec des atomes. Il est alors possible d’ac-
croître les interactions et d’obtenir des effets non-linéaires importants (Turchette
et al., 1995; Vogel et al., 1993). Des états de fortes amplitudes (α = 1.9) ont ainsi pu
être observés (Deléglise et al., 2008), ils sont représentés sur la figure 3.3. Mais ces
états sont piégés à l’intérieur de cavité, ils ne peuvent par conséquent pas être uti-
lisés pour les protocoles de communications quantiques, de plus, leurs temps de vie
reste relativement court, ce qui limite leurs applications en information quantique.

Espace libre
En espace libre, comme il est impossible d’utiliser la méthode précédente, il a

fallu développer d’autres techniques. Ces dernières reposent sur l’intrication et les
mesures projectives. Toute la difficulté consiste à utiliser un état intriqué qui, lorsque
nous lui extrayons une certaine information, donne l’état désiré. Le désavantage de
ces méthodes est qu’elles sont toutes conditionnelles et ont donc des probabilités de
succès limités. Les différentes méthodes mises en œuvre peuvent être séparées en
deux catégories : l’une a pour brique de base des états squeezés et l’autre des états
de Fock.

Vide squeezé monomode La première réalisation expérimentale d’états chats
en espace libre a été publiée en 2006 à l’Institut d’optique (Ourjoumtsev et al.,
2006b). La méthode (représentée sur la figure 3.4(a) et (b)) consiste à extraire un
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(a) (b)

Figure 3.5 – Chat de Schrödinger obtenu à l’institut d’optique en utilisant le
conditionnement homodyne (Ourjoumtsev et al., 2007). (a) Schéma de l’expérience
réalisée ; (b) fonction de Wigner de l’état obtenu.

photon d’un état squeezé. On obtient ainsi un état proche d’un état chat, dont am-
plitude est très faible (𝛼 < 1), il a pour cela été qualifié de chaton de Schrödinger
(Ourjoumtsev et al., 2006b).

En appliquant la même méthode, mais en soustrayant jusqu’à trois photons grâce
à l’aide d’un détecteur TES, des états chats de plus fortes amplitudes (figure 3.4(c))
ont été produits dans le groupe d’Emmanuel Knill (Gerrits et al., 2010). Cependant,
le faible nombre de photons contenu dans l’état de vide comprimé initial rend les
probabilités de détecter plusieurs photons extrêmement faibles. Ce qui donne des
taux de productions difficilement utilisables : environ 18 coïncidences par heure.

État de Fock Par la suite, d’autres méthodes ont été développées pour pro-
duire ces états. Elles reposent sur la génération d’états de Fock, ces états sont issus
d’un vide comprimé bimode (1.2.1.4).

La première méthode consiste à envoyer un état de Fock à N photons sur une
lame semi-réfléchissante, on obtient ainsi un état intriqué séparé spatialement. Si
l’on effectue une mesure homodyne sur l’une des voies de sortie de la lame (figure
3.5(a)), et que cette mesure donne une certaine valeur, on peut obtenir un état
chat de Schrödinger. Ce principe, qui sera détaillé dans la section suivante, utilise
le fait que l’on ne puisse pas différencier les états de Fock avec des détections
homodynes. Ainsi, pour une valeur donnée, on ne peut pas savoir avec certitude
de quel état provient la mesure. Cette incertitude projette donc l’état final dans
une superposition d’état de Fock. Le poids des différents états de Fock obtenus
dépendent du recouvrement des fonctions de Wigner de ces états pour la valeur
mesurée. Ce protocole a été réalisé avec un état de Fock à deux photons en 2007
(figure 3.5) à l’institut d’optique (Ourjoumtsev et al., 2007).

La deuxième méthode a été réalisée en 2011 dans le groupe d’Alexander Lvovsky
(Bimbard et al., 2010). Un schéma de cette méthode est représenté sur la figure 3.6.
Dans cette méthode tout se joue sur les détecteurs qui conditionnent la création
des états de Fock. Si l’on place un miroir qui transmet légèrement la lumière juste
avant le détecteur et que l’on envoie un signal cohérent de faible amplitude sur la
deuxième voie d’entrée de ce miroir, lorsqu’un détecteur clique, il est impossible
de déterminer l’origine du photon avec certitude (il peut avoir été produit par le
cristal ou provenir de l’état cohérent). Cette incertitude va créer une superposition
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(a)

(b) (c)

Figure 3.6 – Utilisation du conditionnement APD pour la formation de la super-
position d’états cohérents. (a) et (b) : schéma et fonction de Wigner publiée dans
le groupe d’Alexander Lvovsky au Canada (Bimbard et al., 2010) ; (c) : fonction de
Wigner d’un état chat obtenu à Tokyo dans le groupe de d’Akira Furusawa en 2013
(Yukawa et al., 2013).

sur l’état obtenu dans la voie signal du cristal. Cette méthode a été réalisée dans le
groupe de Akira Furusawa avec trois détecteurs (Yukawa et al., 2013), permettant
d’inclure des états qui ont jusqu’à trois photons.

Pour plus de clarté, les différents états produits sont résumés dans la table 3.1.

Lieu Année fprod α F s Esp.
Libre Papier

LCF
Palaiseau 2006 140 Hz 0.89 70 % 0.56 �

(Ourjoumtsev
et al., 2006b)

LCF
Palaiseau 2007 7 Hz 1.61 41 % 3.5dB �

(Ourjoumtsev,
2007)

LKB
Paris 2008 1.9 72 % 1 �

(Deléglise
et al., 2008)

IQIS
Calgary 2010 20-

200 Hz
0.6 95 % 1 �

(Bimbard
et al., 2010)

NIST
Boulder 2010 16 H−1 1.76 59 % 1 �

(Gerrits et al.,
2010)

DAP
Tokyo 2013 1.5 Hz 1.3 60 % 1 �

(Yukawa
et al., 2013)

Table 3.1 – Récapitulatif des différents états chats de Schrödinger optiques pro-
duits.

3.2.2 Utilité d’un protocole itératif
Comme nous avons pu le constater, au cours de la dernière décennie, un grand

nombre de protocole a été réalisé dans le but de produire des états chats. En espace
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DH
X≈0 ?

Figure 3.7 – Principe de l’expérience proposée, deux photons uniques indiscer-
nables sont envoyés simultanément sur une lame semi-réfléchissante. Un condition-
nement homodyne en 0 permet d’obtenir un état proche d’un état chat de Schrö-
dinger.

libre, toutes ces méthodes possèdent pourtant un obstacle important : le nombre
de photons de l’état de départ nécessaire croît avec l’amplitude de l’état désiré.
Comme ces états proviennent d’effets non-linéaires, la probabilité de création des
états de Fock décroît fortement avec le nombre de photons contenus dans l’état ; les
taux de productions deviennent donc extrêmement faibles.

Pour palier à ce problème plusieurs solutions ont été proposées. Elles consistent
à produire des états quantiques par des méthodes itératives. Soit par soustraction
de photons (Dakna et al., 1999; Fiurášek et al., 2005; Lund et al., 2004), soit par
conditionnement homodyne (Etesse et al., 2014).

L’approche de la plupart de ces protocoles est la suivante : plutôt que d’attendre
l’arrivée d’un évènement rare une fois, il suffit de réaliser plusieurs fois un protocole
(simple) dont la chance de succès est bien supérieure. L’avantage de ces méthodes
itératives est qu’en les combinant avec des mémoires quantiques, on peut généra-
lement augmenter les probabilités de succès. La section suivante consiste à étudier
le protocole dit de breeding, proposé dans l’article suivant (Etesse et al., 2014). La
réalisation de ce protocole fera l’objet du chapitre suivant.

3.3 Le protocole de breeding

3.3.1 Le breeding

Dans cette section, nous allons détailler le fonctionnement de la première étape
du protocole proposé dans (Etesse et al., 2014). Le principe, représenté sur la figure
3.7, est relativement simple, ils consiste à envoyer deux états de Fock à un photon sur
une lame semi-réfléchissante : si les deux photons sont indiscernables et parfaitement
synchronisés, on obtient en sortie de la lame le fameux état Hong-Ou-Mandel (Hong
et al., 1987). Si l’on effectue une mesure homodyne sur un des deux bras de sortie
de la lame semi-réfléchissante, et que cette mesure est suffisamment proche de zéro,
on projette alors l’état sur l’autre voie dans la superposition suivante :
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|ψcond〉 = 1√
3

|0〉 +
√

2
3 |2〉 ≈ 0.58 |0〉 + 0.81 |2〉 (3.3)

Cet état a une fidélité de F=99 % avec un état chat d’amplitude α = 1.63
comprimé d’un facteur s= 1.52 qui s’écrit dans la base de Fock :

|ψChat,th〉 = 0.61 |0〉 + 0.79 |2〉 + 0.02 |4〉 + ... (3.4)

où les termes suivants peuvent être négligés.
Pour que la probabilité de succès de l’opération ne soit pas nulle, il faut avoir

une certaine tolérance sur la valeur de conditionnement. Cette valeur ne doit pas
non plus être trop grande au risque de réduire la fidélité entre l’état obtenu et
l’état chat théorique. Sur l’expérience, cette valeur a été fixée à |XDH | < 0.2, elle a
été déterminée expérimentalement afin de maximiser la probabilité de succès sans
détériorer la fidélité de l’état.

Cas général
Nous allons ici donner une démonstration rapide de ce résultat. Pour une lame

semi-réfléchissante 50 : 50 (R=T=0.5), nous obtenons l’état bimode suivant :

|1, 1〉 BS−−→ |ψHOM〉 = 1√
2

(|01, 22〉 + |21, 02〉) (3.5)

où les indices 1 et 2 désignent les deux voies de sortie de la lame semi-réfléchissante
(figure 3.7)).

Si l’on place une détection homodyne sur la voie 1, et qu’elle mesure une valeur
du champ nulle, on projettera l’état |ψHOM〉 sur l’état |x1 = 0〉, ce qui donnera sur
la voie 2 après normalisation de l’état :

|ψ2〉 = α |0〉 + β |2〉 (3.6)

avec : α = 〈x = 0|2〉 /N , β = 〈x = 0|0〉 /N et N est un facteur de normalisation
tel que α2 + β2 = 1. Comme la phase relative entre α et β revient à faire tourner la
fonction de Wigner dans l’espace des quadratures, on pourra supposer ces quantités
réelles sans perte de généralité.

En introduisant les densités de probabilité P|0〉(x) et P|2〉(x) pour les états à 0
et à 2 photons, représentées sur la figure 3.8 (a), on pourra écrire :

β2 = P|0〉(x)
P|0〉(x) + P|2〉(x) ; α2 = P|2〉(x)

P|0〉(x) + P|2〉(x) (3.7)

|ψ2〉 = α |0〉 + β |2〉 (3.8)

où α =
√

P|21〉 =
√

1 − P|01〉 et β =
√

P|01〉.

Superposition arbitraire
La fonction P|01〉 est continue et prend valeur dans [0, 1], ainsi, le théorème des

valeurs intermédiaires nous dit que nous pouvons obtenir n’importe quelle superpo-
sition des deux états |0〉 et |2〉.
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(a) (b)

Figure 3.8 – (a) Représentation des distributions de probabilités du vide et d’un
état de Fock à deux photons. (b) Valeurs des coefficients 𝛼2 et 𝛽2 en fonction de
la valeur obtenue x par le conditionnement homodyne. Les traits pleins verticaux
représentent les cas discutés : x=0, x=0.71, x=1.1.

Sur la figure 3.8(b) sont représentés les fonctions 𝛼2 et 𝛽2 qui représentent les
proportions des états |0⟩ et |2⟩ dans notre état final.

Comme toujours, des exemples permettront de mieux comprendre. Dans un pre-
mier temps, admettons que la valeur obtenue par la mesure homodyne soit x=0.71,
la distribution de probabilité de l’état à deux photons étant nulle pour cette valeur
(figure 3.8(a)), cette mesure ne peut venir que du vide. Ceci implique que la mesure
a projeté l’état final sur un état de Fock à deux photons : |2⟩.

De la même façon, supposons maintenant que la valeur mesurée soit x=1.1.
Comme on peut le voir sur la figure 3.8(a), cette mesure à la même probabilité de
venir du vide que d’un état à deux photons. Ainsi, l’état obtenu après la mesure est
l’état suivant : |𝜓2⟩ = 1√

2 (|0⟩ + |2⟩).
Si maintenant, nous mesurons la valeur x=0, nous avons P|01⟩=2

3 , ce qui nous
donne l’état suivant sur la voie 2 :

|𝜓2⟩ = 1√
2

|0⟩ +
√︃

2
3 |2⟩ (3.9)

Ce qui correspond à l’état que nous souhaitions obtenir 2.

3.3.2 Itération du protocole
Il a été montré dans (Etesse et al., 2014) que l’on peut itérer ce protocole afin

de faire grossir notre état initial étape par étape.
Dans un premier temps, cette itération peut être faite de manière linéaire (ou

en série), ce qui consiste à ajouter un photon unique sur l’état obtenu en sortie
(figure 3.9(a)). Le protocole peut aussi être réalisé en parallèle (figure 3.9(b)). Dans

2. Il est aussi possible d’obtenir la superposition recherchée lorsque la valeur mesurée est 1.
Cependant, ce conditionnement est moins intéressant. Comme on peut le voir sur la figure 3.8(b),
la dérivée de la fonction

√︀
𝑃|0⟩1

est plus importante pour x=1 que pour x= 0, le conditionnement
doit donc être plus resserré afin que les états aux extrémités du conditionnement ne soient pas
trop éloignés de l’état désiré.
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DH

(a)

DH

(b)

Figure 3.9 – Schéma de l’itération du protocole de breeding en série (a) et en
parallèle (b).

ce cas, on envoie dans les deux voies d’entrées un état chat obtenu à partir de deux
photons uniques en amont.

Dans les deux cas, l’état tendra vers un chat d’amplitude α =
√

n (ou n est le
nombre de photons injecté initialement) et de paramètre de compressions s=

√
2. On

peut noter aussi que la fidélité de l’état produit tend vers 100 % avec n. Cependant,
l’amplitude des états augmente beaucoup plus rapidement lorsque l’on parallélise
le protocole.

Comme la génération des photons uniques et le protocole de breeding sont pro-
babilistes, les taux de productions chutent extrêmement rapidement. Nous allons
voir dans le chapitre suivant que ce problème complique grandement l’itération du
protocole.

3.4 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons fait un état de l’art des états chats de Schrödinger

produits dans différents groupes lorsque cette thèse a débuté 3. Nous avons ensuite
vu en détail la première étape du protocole de breeding. Le chapitre suivant concerne
la réalisation expérimentale de cette étape.

3. Plusieurs groupes ont réussi à produire des états chats au court de cette thèse. Pour plus de
clarté, ces expériences seront présentées dans le chapitre suivant.
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Chapitre 4. Les paramètres de l’expérience

Dans ce chapitre, nous allons aborder la réalisation du protocole de breeding
présenté au chapitre précédent. Cette expérience n’étant pas le cœur de cette thèse,
nous ne nous attarderons pas sur certains détails, qui sont décrits dans la thèse de
mon prédécesseur (Etesse, 2014). Cependant, la majeure partie des outils expéri-
mentaux présentés ici seront utilisés dans le reste du manuscrit.

L’expérience est schématisée sur la figure 4.1, elle est divisée en 6 blocs, chacun
de ces blocs sera explicité dans la section qui porte le même numéro. Comme le
schéma l’indique, l’expérience peut être résumée en 7 étapes distinctes :

� la création des pulses avec notre laser,

� le doublage de fréquence du faisceau,

� la formation des paires de photons,

� la détection de la formation des paires (première étape de conditionnement),

� la formation de notre état intriqué,

	a le conditionnement du breeding (x � 0) avec notre première détection homo-
dyne,

	b la mesure de l’état produit avec une deuxième détection.

Le schéma détaillé de la figure 4.2 représente l’expérience telle qu’elle était mon-
tée dans le laboratoire. Afin de faciliter la compréhension des différentes étapes,
nous ferons régulièrement référence à ce schéma ainsi qu’aux numérotations des dif-
férentes étapes de la figure 4.1 (qui sont aussi représentées sur le schéma détaillé).

Avant d’expliciter chacune des étapes, il est nécessaire de commencer par décrire
plus précisément l’expérience.

On effectue tout d’abord 3 prélèvements du faisceau laser �, afin de le caracté-
riser et d’asservir son pointé. Ensuite le faisceau est de nouveau séparé en deux (en
amont de la partie SHG). Une partie nous servira pour l’alignement des amplifica-
teurs paramétriques optiques (OPAs) et l’oscillateur local, tandis que l’autre sera
doublé en fréquence dans la partie � grâce à l’utilisation d’un cristal de KNbO3.
La partie du faisceau IR non-doublé servira ultérieurement pour asservir la phase
du faisceau.

Cond 1 
(APD)

Cond 2 
(DH) Mesure

(DH)

Mira 900

1 4 5 632
Laser GSH APOs PDAs DHsBreed.

Figure 4.1 – Schéma de l’expérience de breeding.
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Chapitre 4. Les paramètres de l’expérience

Figure 4.3 – Schéma du laser en configuration picoseconde avec Cavity dumper.

Le faisceau bleu obtenu est envoyé à travers deux nouveaux cristaux de KnBO3
® afin de produire des paires de photons. Pour chaque cristal, les paires de photons
sont générées de façon non-colinéaires. Les photons créés dans les voies sondes sont
couplés dans deux fibres optiques, puis filtrés spectralement avant d’être détectés
par des APDs (une par voie) : ¯ . Lorsque les deux APDs détectent un photon simul-
tanément, les états des voies idlers des deux cristaux sont projetés sur des photons
uniques :|1⟩. Ces deux états sont synchronisés sur une lame semi-réfléchissante, ce
qui nous donne en sortie l’état Hong-Ou-Mandel ° nécessaire au protocole.

Sur une des voies de sortie de la lame, nous avons une première détection homo-
dyne. Elle servira de conditionnement pour la formation des états chats ±𝑎. Lorsque
nous mesurons la valeur 𝑥 ≃ 0, la deuxième voie de sortie se retrouve projetée sur
un état chat de Schrödinger, ce dernier enfin est mesuré avec une deuxième détec-
tion homodyne ±𝑏. Afin de caractériser complètement l’état produit, il nous faut
mesurer les distributions de probabilités selon plusieurs phases, et un système d’as-
servissement de la phase entre les deux détections est donc nécessaire. Ce système
en pointillés sur la figure 4.2 sera abordé dans la dernière section.

4.1 La source laser et sa caractérisation

4.1.1 Le MIRA 900
La source laser utilisée au cours de cette thèse est un laser pulsé MIRA Optima

900-D de la compagnie Coherent. Le principe des lasers impulsionnels a déjà été
explicité dans la section 2.2.1, il ne sera pas abordé ici. Le MIRA-900D est un laser
pouvant produire des impulsions picosecondes ou femtosecondes selon la configura-
tion utilisée. Sur l’expérience, il est utilisé dans la configuration picoseconde, ce qui
donne des puissances crêtes plus faibles qu’en régime femtoseconde, mais permet de
s’affranchir des problèmes liés à la GVD (group velocity dispersion).

Le schéma de notre laser est représenté sur la figure 4.3 : il est composé d’un
cristal de Titane-Saphir (Ti : Al2O3) qui est pompé par un laser continu Coherent
Verdi V5 à 532 nm. La cavité est représentée en vert sur la figure 4.3. Afin d’aug-
menter l’énergie par impulsion, le coupleur de sortie de la cavité laser a été retiré,
et un cavity dumper de la compagnie APE a été rajouté (partie rouge). Le cavity
dumper permet de réduire le taux de répétition du laser de 76 MHz à 800 kHz tout
en amplifiant l’énergie par impulsion d’un facteur 10, augmentant ainsi l’efficacité
des effets non-linéaires sur l’expérience.
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4.1. La source laser et sa caractérisation

Mesures des propriétés 
spatio-temporelle

Asservissement
du pointé

Photodiodes

Figure 4.4 – Représentation du schéma lié au laser et à sa caractérisation. Inset
(noir) : localisation de la partie représentée sur la table d’expérience.

4.1.2 La cavité laser

Un schéma de la cavité laser est affiché sur la figure 4.3. Afin de produire des
impulsions picosecondes, la GVD de la cavité est compensée grâce à l’utilisation
d’un interféromètre de Gires-Tournois (GTI, figure 4.3). L’utilisation d’une lame
biréfringente (BRF) permet quant à elle de contrôler la longueur d’onde centrale
du laser de 700 nm à 980 nm.

Les impulsions sont obtenues grâce à un verrouillage de phase passif, qui utilise
l’effet Kerr optique : si la puissance d’un faisceau traversant un cristal est suffi-
samment forte, l’indice du matériau dépendra de la puissance selon la loi suivante :
nT =n0+n2I. En utilisant un faisceau gaussien, l’intensité au milieu du faisceau sera
plus importante qu’aux bords, ce qui entraîne un effet de lentille. Si l’on place une
fente (nommée SLIT sur la figure 4.3) au point focal de cette lentille, les impulsions
qui possèdent une intensité plus importante seront plus focalisées. En fermant cor-
rectement la fente, nous allons couper une partie du faisceau continu mais pas celui
des impulsions : la propagations des impulsions est donc favorisée dans la cavité.
Ainsi, si un pulse se forme dans la cavité il prendra la pas sur la partie continue.

Afin de permettre la formation du premier pulse, une lame de verre est instal-
lée dans la cavité, cette dernière permet d’explorer les différentes phases possibles
jusqu’à l’obtention des impulsions.

4.1.3 Le cavity dumper

Le principe du cavity dumper est relativement simple. Plutôt que d’extraire
les impulsions par un coupleur de sortie, l’extraction se fait par l’utilisation d’un
modulateur acousto-optique (MAO). Ce dernier est un cristal qui, lorsqu’on lui
applique une onde radio-fréquence, créée un réseau d’indice qui dévie une partie du
faisceau. Le pulse dévié est ensuite récupéré par un miroir proche du faisceau.

Le cavity dumper permet, comme un pulse picker (qui consiste à placer un MAO
en sortie de cavité) de diminuer le taux de répétition du laser. Mais l’absence de
coupleur de sortie conduit à une augmentation de la puissance intracavité, ce qui
permet d’augmenter l’énergie des impulsions extraites d’un facteur 10.

Les paramètres du laser sont résumés dans la table 4.1.
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Chapitre 4. Les paramètres de l’expérience

Taux de répétition (f𝑟𝑒𝑝) 800 kHz
Longueur d’onde (𝜆0) 850 nm

Largeur spectrale (Δ𝜆) 0.2 - 0.5 nm
Largeur des impulsions (𝜏) 2 - 4 ps
Énergie par impulsions (E) 38 nJ

Puissance crête (P𝑐) 13 kW
Puissance continue (P𝑐𝑜𝑛𝑡) 30 mW

Table 4.1 – Table des paramètres du laser combiné avec le cavity dumper.

(a) (b)

Figure 4.5 – (a) signal d’auto-corrélation du laser, (b) : spectre du laser

4.1.4 Diagnostic du faisceau et stabilisation du pointé
Comme on peut le voir sur le schéma détaillé figure 4.2, un certain nombre d’ou-

tils de diagnostic ont été placés en sortie de laser. Deux photodiodes (une lente et
une rapide), représentées en rouge sur le schéma, permettent de contrôler la stabi-
lisation de la puissance moyenne du laser ainsi que le bruit du laser caractéristique
d’un mauvais alignement de ce dernier (obtenu par transformée de Fourier du signal
de la photodiode rapide).

Ensuite, les paramètres spatiotemporels des impulsions sont mesurées en per-
manence grâce à un auto-corrélateur APE Pulse Check 15 ainsi qu’a un analyseur
de spectre optique Advantest Q8384. L’auto-corrélateur et le coupler de la fibre
permettant d’acheminer le faisceau vers l’analyseur de spectre sont représentés en
violet. Le spectre du faisceau ainsi que son signal d’auto-corrélation sont tracés sur
la figure 4.5(a) et (b).

Enfin, un système d’asservissement du pointé du laser permet de s’affranchir
de ses fluctuations, qui sont les principales responsables du bruit de nos détections
homodynes. Le système, représenté en bleu sur la figure 4.6, est constitué de deux
photodiodes à quadrant qui mesurent la position du laser en champs proche et
lointain (simulé à l’aide d’une lentille), la position est ensuite asservie grâce à l’uti-
lisation de deux montures Thorlabs KC1-PZ/M pilotées par deux contrôleurs PID
Thorlabs TQD001. Ce système permet une stabilisation du pointé à court terme,
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4.2. La génération de seconde harmonique

f=400SHG

2

Figure 4.6 – Schéma de l’implémentation de la génération de seconde harmonique.
Inset noir : localisation de la partie représentée sur la table d’expérience.

mais aussi à long terme de l’expérience, ce qui simplifie grandement les alignements
quotidiens.

Une fibre optique aurait pu permettre une telle stabilisation, mais les puissances
crêtes sont trop importantes et l’apparition d’effets non-linéaires réduit fortement
la qualité du faisceau en sortie. Une autre solution pourrait être d’utiliser des fibres
à cœurs creux.

Tous les outils présentés dans ce paragraphe, ont permis d’atteindre une stabi-
lisation inégalée de l’expérience, ce qui, avec les faibles taux de productions de nos
états, était indispensable.

4.2 La génération de seconde harmonique
Dans cette section, nous nous penchons sur la génération de seconde harmonique,

ce qui correspond à l’étape � de notre expérience. Elle est représentée sur la figure
4.6.

4.2.1 Le cristal
En raison de son fort coefficient non-linéaire (deff = 12 pm V−1) le matériau

utilisé sur cette expérience est le niobate de potassium : KnBO3 (Guzun et al.,
2000; Weiner et al., 1998). Le cristal est utilisé avec un accord de phase de type I
(o+o→e), les deux photons fondamentaux à 850 nm doivent donc avoir la même
polarisation pour donner un photon de polarisation orthogonale à 425 nm.

L’accord de phase utilisé est un accord de phase non-critique : les polarisations
utilisées sont selon les axes naturels du cristal. Contrairement à un accord de phase
critique, l’accord n’est pas obtenu en changeant l’orientation du cristal, mais en
optimisant les indices des axes grâce à la température du cristal. Le KnBO3 a
l’avantage de pouvoir fonctionner avec un accord de phase non-critique pour des
températures facilement atteignables en laboratoire : ∼ −3 ◦C (Zysset et al., 1992).

Le principal avantage de l’accord de phase non-critique est que l’angle de walk-
off spatial est nul, les deux faisceaux ont donc la même direction de propagation
dans le cristal.

4.2.2 Utilisation du « frigo »
Lorsque l’on travaille à pression ambiante et à ∼ −3 ◦C, la condensation devient

problématique. Pour palier à ce problème, une petite enceinte à vide a été conçue
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Chapitre 4. Les paramètres de l’expérience

Figure 4.7 – Photo de l’enceinte à vide utilisée pour le doublage de fréquence.

(figure 4.7). L’enceinte est constituée de deux fenêtres qui permettent de laisser
passer le faisceau, ainsi que d’une valve sur la face supérieure pour pouvoir faire
le vide dans l’enceinte. La partie inférieure de l’enceinte est faite en cuivre, ce qui
nous permet de placer un Peltier à l’intérieur de l’enceinte qui est surmontée d’une
monture en cuivre dans laquelle est placé le cristal.

Une fois le vide fait dans l’enceinte, il reste inférieur à 250 mbar pendant plu-
sieurs mois, ce qui correspond à la pression limite d’apparition de condensation.
Ainsi, nous pouvons donc refroidir le cristal sans avoir à pomper en permanence
l’enceinte. L’asservissement en température est réalisé grâce à l’utilisation d’une
sonde Thorlabs AD590 (placée dans la monture du cristal) et d’un contrôleur PID
Thorlabs TED200C.

4.2.3 Choix de la taille du cristal
Afin de choisir la bonne longueur de cristal, plusieurs paramètres doivent être

pris en compte.

Waist et rayon de Rayleigh : Le premier paramètre est la largeur du cristal
en fonction du waist utilisé. Afin d’augmenter les effets non-linéaires, d’aucun aurait
tendance à vouloir utiliser le waist le plus petit possible. Cependant, pour des waist
trop faibles, le faisceau divergera très rapidement et les effets non-linéaires aux
extrémités du cristal seront plus faibles. Il a été montré par Boyd et Kleinman
(Boyd and Kleinman, 1968) qu’afin de maximiser la puissance du faisceau doublé,
la longueur de cristal doit suivre la relation suivante :

𝐿𝑐 = 5.68𝐿𝑅 (4.1)

où 𝐿𝑅 = 𝜋𝑤2
0

𝜆0
est la longueur de Rayleigh qui caractérise la longueur sur laquelle

le waist du faisceau est constant.
La puissance maximale que l’on peut obtenir s’écrit dans ce cas :
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4.2. La génération de seconde harmonique

Figure 4.8 – Représentation de l’étalement relatif des impulsions dû à la GVM
ainsi qu’à la GVD à 850 et 425 nm. La longueur de l’impulsion de référence est de
τ = 2.6 ps

PSHG = CSHGLcP
2
fond (4.2)

où CSHG = K
128π2ω3

fondd2
eff

c4n1n2
, ωfond est la pulsation du fondamental, deff est le

coefficient non-linéaire du matériau, n1 et n2 sont les indices des axes ordinaires et
extraordinaires du cristal, PSHG est la puissance finale du faisceau doublé, Psonde est
la puissance incidente et K est une constante (K=1.068 (Boyd and Kleinman, 1968;
Boyd, 2008)).

On remarque ainsi que, pour maximiser la puissance, la meilleure stratégie n’est
pas de focaliser le faisceau, mais d’utiliser un cristal le plus long possible.

GVD et GVM : Si nous n’avons pas de problème de walk-off spatial avec
le KNbO3, les problèmes de GVM (group velocity mismatch) et de GVD (group
velocity dispersion) nous empêchent de prendre un cristal trop long.

La GVM est due à la différence des vitesses de groupes des deux impulsions
dans le cristal. Si deux impulsions arrivent au même moment dans le cristal, elles
ressortiront à deux instants différents avec un écart donné par :

Δt =
(

1
vg,ωfond

− 1
vg,2ωfond

)
Lc (4.3)

Cet écart conduit à un étalement temporel du pulse doublé. La GVM du KnBO3
est de 1.7 ps.mm−1.

La GVD est liée à la différence des vitesses de groupes des différentes pulsations
du peigne de fréquences. Tout comme la GVM, elle conduit à un étalement du pulse.
Pour le KnBO3 , la GVD est de 364 fs2.mm−1.

L’étalement relatif à la longueur du pulse pour la GVD et la GVM est représenté
sur la figure 4.8. Comme on peut le voir, la GVD est négligeable dans notre cas. Ceci
est dû à l’utilisation de pulses picosecondes qui sont relativement longs. Cependant
la GVM devient problématique pour des cristaux trop long. Dans notre cas, il a été
choisi d’utiliser un cristal de 1.5 mm pour la GSH. Bien que cela soit un peu long,
l’étalement du pulse en sortie du cristal reste faible.
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Cristal KnBO3

Coefficient non-linéaire (𝑑𝑒𝑓𝑓 ) 12 pm.V−1

Longueur d’onde du fondamental (𝜆0) 850 nm
Longueur d’onde du faisceau doublé

(𝜆425)
425 nm

GVM 1.9 ps.mm−1

GVD (850 nm) 360 fs2.mm−1

GVD (425 nm) 1700 fs2.mm−1

Accord de phase Type I non critique
Température du cristal -3°C

épaisseur du cristal 1.5 mm
Waist de la pompe (w𝑓𝑜𝑛𝑑) 27 µm

Efficacité de conversion 45 %
Largeur temporelle 𝜏425 2 ps
Largeur spectral Δ𝜆425 0.1 nm
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Table 4.2 – Résumé des paramètres de la GSH.

Avec notre dispositif, et en pompant le cristal avec un waist d’environ 27 µm,
une efficacité de conversion de 45 % a été atteinte, permettant d’obtenir jusqu’à
10 mW de puissance continue, donnant une puissance crête d’environ 7 kW.

Les paramètres de la génération de seconde harmonique sont résumés dans la
table 4.2

4.3 L’amplification paramétrique
Afin de produire les états de Fock à un photon, nous utilisons le principe de la

génération paramétrique spontanée (SPDC-spontaneaous parametric down conver-
sion), où la destruction d’un photon pompe (à 425 nm) donne lieu à la création
de deux photons appelés photons sonde et idler. Cette transformation respecte les
principes de conservations de l’énergie et de l’impulsion :

𝜔𝑝 = 𝜔𝑠 + 𝜔𝑖 et 𝑘⃗𝑝 = 𝑘⃗𝑖 + 𝑘⃗𝑠 (4.4)
La génération paramétrique spontanée s’obtient grâce aux effets non-linéaire

d’un cristal. On peut montrer (Grynberg et al., 2010; Saleih and Teich, 1991) que
le Hamiltonien de cette transformation s’écrit comme :

𝐻̂ = 𝑖~𝑔
(︁
𝑎̂†
𝑝𝑎̂𝑠𝑎̂𝑖 + 𝑎̂𝑝𝑎̂

†
𝑠𝑎̂

†
𝑖

)︁
(4.5)

où g est une constante réelle qui dépend des paramètres du faisceau ainsi que
de la susceptibilité non-linéaire du cristal.

Comme on peut le voir, la destruction d’un photon de la pompe (𝑎̂𝑝) donne lieu
à la création d’un photon signal (𝑎̂†

𝑠) et idler (𝑎̂†
𝑖 ).
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f=400

f=400

f=400

f=400

OPA1
OPA2

3

Figure 4.9 – Schéma de l’implémentation de l’OPA. Inset noir : position des OPAs
sur l’expérience.

Dans l’hypothèse où les effets non-linéaires sont très faibles, nous pouvons sup-
poser la puissance de la pompe constante et prendre la valeur moyenne de notre
hamiltonien sur |αp〉, ce qui nous donne : 〈αp| âp |αp〉 � αp. Pour déterminer l’état
du champ électrique en sortie de cristal, il suffit d’appliquer l’opérateur évolution sur
notre hamiltonien. Le temps d’évolution (eiĤt) de notre hamiltonien est donné par
le temps que met la lumière à traverser le cristal : t = Lcne

c
. On obtient l’opérateur

suivant :

ĤP DC = e−r(âsâi+â†
sâ†

i ) où r = �
gLcneαp

c
(4.6)

Cet opérateur est identique à l’opérateur de squeezing présenté dans la partie
1.2.1.4 (equation 1.36) bimode avec pour paramètre de compression : r. Lorsque la
pompe est le seul faisceau présent, il faut appliquer cet opérateur sur l’état vide
bimode |0s, 0i〉, ce qui donne l’état suivant :

|ψP DC〉 =
√

1 − λ2
∑
n∈N

λn |n, n〉 (4.7)

où λ = tanh(r)

Configuration non-colinéaire
Dans notre cas, nous choisissons l’accord de phase de façon à ce que les photons

idler et sonde ne soient pas émis dans la même direction. Expérimentalement, cela
s’obtient en diminuant légèrement la température du cristal. Dans ce cas l’indice
des faisceaux idler et sonde est légèrement supérieur à celui du faisceau pompe. On
obtient donc ||�k425|| < ||�ki|| + ||�ks||. La conservation de l’impulsion force donc les
photons idler et sonde a être émis dans deux directions différentes.

Afin de pouvoir aligner le reste de l’expérience, il est important de connaître
précisément les directions d’émissions des photons. Tous ces alignements sont réali-
sés en faisant de l’amplification paramétrique. Nous envoyons une partie du faisceau
laser à 850 nm dans le cristal (figure 4.9). Si ce dernier est dans le mode correspon-
dant à celui de la sonde (temporellement, spectralement et spatialement parlant), le
faisceau idler se retrouve amplifié par soustraction de photons. Les deux faisceaux
nous permettent alors d’aligner le reste de l’expérience.

Si le faisceau sonde n’est pas dans le bon mode, les faisceaux idler et sonde nous
donnerons de fausses informations sur le mode d’émission des photons ; il est donc

75



Chapitre 4. Les paramètres de l’expérience

crucial que les paramètres du faisceau sonde envoyé sur le cristal soient identiques
aux paramètres des photons créés sur la même voie. Afin de pouvoir juger de la
qualité de l’alignement, nous procédons en deux étapes :

• nous commençons par déterminer le waist et la position adéquate de la sonde
en configuration colinéaire. Un modèle a été développé (Etesse, 2014) pour dé-
terminer la qualité de l’alignement en fonction des oscillations paramétriques
obtenues en sortie de cristal.

• nous repassons en configuration non colinéaire en décalant légèrement le fais-
ceau sonde, et nous optimisons la puissance de l’idler afin de déterminer le
bon mode spatial et temporel de la sonde.

La méthode développée a l’avantage d’avoir un modèle qui permet d’estimer
la qualité de notre alignement à partir des gains des oscillations paramétriques
obtenues en configuration colinéaire. Cependant, comme nous ne sommes pas dans
cette configuration, l’alignement est compliqué et suppose que les propriétés du
faisceau reste identiques en changeant de configuration. Nous verrons par la suite
une autre méthode utilisée au cours de cette thèse qui permet d’estimer la qualité
de notre alignement sans avoir à changer de configuration.

Les différents points abordés dans la section précédente sont toujours valables
pour la génération d’états paramétriques. Ainsi, des cristaux de 1 mm ont été choisis
de façon à limiter les problèmes de GVD et de GVM. Afin de produire deux paires
de photons, deux cristaux sont placés en séries (figure 4.9). Les paramètres des
OPAs sont résumés dans la table 4.3.

Une fois les OPAs mis en place, il nous faut détecter les photons produits.

4.4 Production de photon unique

4.4.1 Le conditionnement
Afin de détecter la création d’une paire de photons, nous utilisons des photo-

diodes à avalanches. Comme nous l’avons explicité dans le premier chapitre, les
APDs détectent s’il y a présence de photons ou pas : ils ne peuvent pas compter les
photons. L’opérateur associé à cette mesure est le suivant :

Π̂𝑑𝑒𝑡 = 1̂− |0⟩ ⟨0| (4.8)

En appliquant cet opérateur sur notre état en sortie de cristal, nous obtenons
l’état |𝜓𝑐𝑜𝑛𝑑⟩ tel que :

|𝜓𝑐𝑜𝑛𝑑⟩ = 𝛼𝑐𝑜𝑛𝑑
∑︁
𝑛∈N*

𝜆𝑛 |𝑛⟩ |𝑛⟩ (4.9)

où 𝛼𝑐𝑜𝑛𝑑 est une constante de normalisation qui dépend de 𝜆. Ainsi, comme on
peut le voir, si 𝜆 est suffisamment faible, les termes comprenant plus de 1 photon
peuvent être négligés. A titre d’exemple, si 𝜆 = 10−1 la probabilité d’obtenir un
état avec au moins un photon est d’environ 1 %. La probabilité que cet état soit un
photon unique est d’environ 99 %. Ainsi, tant que le taux de comptage n’est pas
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Cristal KnBO3

Coefficient non-linéaire (deff ) 12 pm.V−1

Longueur d’onde de la pompe (λ425) 425 nm
Longueur d’onde de la sonde (λ0) 850 nm

Accord de phase Type I non critique
GVM 1.7 ps.mm−1

GVD 360 fs2.mm−1

Configuration non-colinéaire
Température du cristal ∼−1 ◦C

épaisseur du cristal 1 mm
Waist de la pompe (wfond) 150 μm
Waist de la sonde (wfond) 100 μm
Puissance de la pompe ∼ 10 mW
Puissance de la sonde ∼100 μW

Puissance de l’idler ∼ 10 μW
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Table 4.3 – Résumé des paramètres pour la génération d’états paramétriques.

trop élevé, nous pouvons considérer que, lorsque l’APD nous annonce la présence
d’un photon, il s’agit d’un état de Fock à un photon.

Dans tous les cas, la tomographie réalisée avec la détection homodyne nous
permettra de vérifier cette supposition à postériori.

4.4.2 Le filtrage spectral
Avoir une pompe à 425 nm, n’implique pas que les paires de photons produites

soient toujours centrée à λ0 = 850 nm : toute paire de photons vérifiant la relation
d’accord de phase 4.4 peut à priori être émise. Il est possible de représenter le
spectre du photon de la voie idler en fonction du spectre de celui la voie sonde.
Cette représentation est appelée l’intensité spectrale jointe (Grice et al., 2001).
Elle représente la densité de probabilité de générer un photon sur la voie sonde à la
longueur d’onde λs et un photon sur la voie idler à la longueur d’onde λi. Ce spectre
est représenté sur la figure 4.10(a). Il est très large sur l’une des diagonales (ΔλP M),
illustrant ainsi la large bande d’émission de la fluorescence paramétrique. Il est par
contre étroit selon l’autre diagonale (Δλ425), cette largeur est déterminée par la
largeur spectrale de la pompe (dans le cas où l’accord de phase est large devant la
largeur spectrale du faisceau pompe)(Grice et al., 2001; U’Ren et al., 2005).

Comme nous voulons analyser nos états avec une détection homodyne, les pho-
tons doivent avoir les mêmes caractéristiques que l’oscillateur local, autrement dit :
le laser. Ceci n’est pas le cas si l’on place uniquement une APD sur la voie idler,
qui ne permettra pas de faire le tri parmi ces photons émis sur une large bande
spectrale.

La solution consiste à filtrer spectralement la voie idler. Si l’on effectue un filtrage

77



Chapitre 4. Les paramètres de l’expérience

(a) (b) (c)

Figure 4.10 – (a) et (b) : représentation qualitatives des amplitudes spectrales
jointes en sortie de cristal (a) et après le filtrage spectral (b) ; (c) : spectre théorique
après filtrage et spectre théorique d’un filtrage parfait (i.e. : spectre du laser) ;
Δλ425 : largeur spectrale de la pompe ; ΔλP M : largeur spectrale de l’accord de
phase ; Δλf : largeur spectrale du filtrage.
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Figure 4.11 – Schéma du filtrage et de la détection des photons des voies sondes
des OPAs. Inset noir : emplacement de cette partie sur l’expérience.

spectral sur la voie sonde, cela revient à sélectionner une « tranche verticale » de
notre figure 4.10(a). Le résultat de ce filtrage est représenté sur la figure 4.10(b)
dans le cas où la fonction de filtrage spectrale est une fonction rectangle dont les
bords ont été adoucis. On peut ainsi en déduire le spectre des photons sur la voie
idler lorsque l’APD détecte un photon sur la voie sonde. Si la largeur du filtrage
spectral est suffisamment fine, alors, le spectre du photon annoncé sur la voie idler
est fixe et quasiment identique à celui du faisceau laser.

4.4.3 Implémentation expérimentale
L’implémentation des détections des photons des voies sondes sont représentées

sur la figure 4.11. Pour chacun des deux cristaux, un système de détection a été
réalisé. Ils sont constitués de plusieurs étapes :

- nous commençons par filtrer le profil spatial des photons. Pour cela nous
utilisons une fibre monomode à maintient de polarisation de 2 m de long. Le
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maintient de la polarisation est nécessaire afin de maximiser la réflexion du
réseau utilisé en aval. Le couplage de la fibre est d’environ 83 %. Cette fibre
nous permet aussi d’envoyer les photons dans une boîte isolée de toute lumière
parasite.

- nous effectuons ensuite un filtrage spectral en envoyant la sonde sur un ré-
seau blazé dans l’ordre -1. Il nous permet de séparer les différentes longueurs
d’ondes. Son efficacité de diffraction dans l’ordre -1 est de : 81 %.

- une fois étalé spectralement par le réseau, le faisceau passe à travers une fente
placée entre deux lentilles. Cela nous permet de filtrer le spectre de notre
faisceau. Les effets du filtrage spectral sont représentés sur la figure 4.10(b).
La fonction du filtrage appliqué par notre fente combiné à des lentilles est un
rectangle dont les bords sont adoucis. La transmission de la fente pour un
faisceau ayant le spectre de notre laser est de 25-30 %. La position de la fente
ainsi que sa largeur étant réglables, nous pouvons donc choisir la largeur et la
position de notre filtrage.

- enfin le faisceau est focalisé sur une APD Perkin Elmer SPCM-AQR-13. Ces
APDs ont une efficacité de détection d’environ 40 % à 850 nm. Elles ont des
taux de coups d’obscurités relativement faibles d’environ 200 Hz qui sont ra-
menés à 10 Hz après synchronisation avec le taux de répétition de notre laser
sur la carte d’acquisition. Le taux de répétition de notre laser étant de 800 kHz,
le temps mort de ses APDs de 50 ns n’est pas un problème.

Toutes ces étapes donnent une efficacité de détection relativement faible de 5-
10 %. La conséquence de ces faibles efficacités est que les taux de comptages sont
plus faibles, mais cela ne diminue pas la qualité de nos états.

Afin d’obtenir le spectre des photons annoncés par l’APD, il suffit d’intégrer
l’amplitude spectrale jointe représentée sur la figure 4.10(b). Ce spectre est repré-
senté sur la figure 4.10(c). Pour obtenir un filtrage identique à celui de notre laser, il
nous faudrait un filtrage infiniment fin, mais cela donnerait un taux de production
nul. Un filtrage dont la largeur est plus faible que celle de notre laser nous permet
cependant d’obtenir un spectre très proche du spectre du laser. La figure 4.10(c)
représente le spectre théorique transmis par la fente pour une largeur de 0.5 nm (en
bleue) ainsi que le spectre désiré (en traitillés rouge). On peut voir que les spectres
sont presque identiques. Expérimentalement, la largeur et le centrage du filtrage
spectral sont déterminés en optimisant la qualité des photons uniques produits. La
largeur spectrale optimale est choisie lorsqu’une réduction de la taille de la fente
n’augmente plus la qualité des photons.

4.5 Le protocole de croissance (breeding)
Lorsque les deux APDs annoncent la présence d’un photon sur chacune des voies

pour le même pulse de la pompe, nos états sur les voies idler se retrouvent projetés
sur des états de photons uniques : |1〉. La prochaine étape vers la réalisation du
protocole de breeding est la génération d’un état Hong-Ou-Mandel :
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f=400
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Figure 4.12 – Implémentation de la lame semi-réfléchissante pour le breeding � ,
des détections homodynes de projection 	a et de mesure 	b ainsi que de l’asservis-
sement de la phase (faisceau en pointillés).

|1idl1, 1idl2〉 → 1√
2

(|01, 22〉 − |21, 02〉) (4.10)

où les indices 1 et 2 représentent les deux voies de sortie de la lame semi-
réfléchissante.

Pour cela, il nous suffit de combiner nos deux voies idler grâce à une lame semi-
réfléchissante 50:50. Pour pouvoir obtenir cet état, les modes des photons incidents
doivent être identiques. Afin de s’assurer que c’est le cas, nous alignons les faisceaux
en mesurant les interférences de ces derniers lorsque les OPAs sont alimentés par une
sonde (section 4.3). En optimisant les modes spatiaux et temporels des faisceaux,
les interférences ont atteint un contraste de 95 %.

Une fois l’état intriqué produit, il nous faut maintenant projeter cet état sur un
état chat de Schrödinger et le mesurer grâce à nos détections homodynes.

4.6 Les détections homodynes

L’implémentation des détections homodynes est représentée sur la figure 4.12,
pour plus de clarté. Un schéma simplifié d’une détection homodyne est dessiné sur
la figure 4.13. La première détection homodyne (la DH0) nous permet de réaliser
le conditionnement du protocole de breeding, la seconde (la DH1) mesure l’état
finalement produit. Si leurs utilisations sont différentes, leurs implémentations n’en
sont pas moins identiques. Il serait même possible d’inverser les rôles des deux
détections homodynes. Dans les faits, le conditionnement est réalisé à posteriori,
une fois toutes les mesures réalisées.
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-

Figure 4.13 – Schéma d’une détection homodyne.

Figure 4.14 – Circuit électronique des détections homodyne.

4.6.1 Implémentation expérimentale
Sur la figure 4.13, on peut voir un schéma des détections homodynes utilisées

sur l’expérience. L’oscillateur local et l’état quantique sont envoyés sur une lame
semi-réfléchissante 50:50. Les lames semi-réfléchissantes ont été choisies plutôt que
des cubes séparateurs de polarisations, afin d’amoindrir les pertes optiques, ce qui
permet d’augmenter les efficacités de nos détections.

Les faisceaux des deux voies de sorties sont ensuite focalisés sur deux photo-
diodes Hamatsu S3883. Ces photodiodes ont été choisies pour leurs fortes efficacités
quantiques associées à de faibles courants d’obscurités. De plus elles ont une surface
de détection de 1.7 mm2, tout en ayant une bande passante élevée de 300 MHz.

Les réflexions des photodiodes sont refocalisées sur les photodiodes grâce à des
miroirs concaves. Cela nous permet d’augmenter les efficacités quantiques des pho-
todiodes d’environ 4 %.

4.6.2 Montage électronique
Le montage électronique est représenté sur la figure 4.14. La différence des photo-

courants est faite en plaçant les deux photodiodes tête-bêche avec des polarisations
inverses. Un amplificateur de charge Amtek A250 (gain : g=0.6 μV eV−1) permet de
transformer les photocourants en tension, il est suivi un dérivateur et d’un montage
amplificateur. La bande passante du système est de 10 MHz, ce qui est largement
suffisant au vu de notre taux de répétition de 800 kHz.

Nous obtenons en sortie des impulsions d’environ 200 ns de long, qui sont me-
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(a)

(b)

Figure 4.15 – Caractérisation d’une détection homodyne. (a) variation standard
du vide en fonction de l’intensité de l’OL (axe du haut). (b) : bruits d’une des
détections homodynes.

surées grâce à une carte d’acquisition, donc les caractéristiques seront détaillées à
la fin de cette section.

4.6.3 Calibrations des DHs
Les détections homodynes nous délivrent des tensions proportionnelles aux qua-

dratures (ou champs électriques) de l’état quantique en entrée des détections 1.3.2.
Afin de pouvoir identifier notre état correctement, il nous faut être capable de nor-
maliser nos mesures.

Pour cela, nous utilisons le vide quantique 1.2.1.1 dont la distribution s’exprime
de la façon suivante :

𝑃 (𝑥) = 1√
𝜋
𝑒𝑥

2 (4.11)

La variance du vide est donc : 𝜎0 = 1√
2 . Pour mesurer un état de vide quan-

tique, il suffit de bloquer les voies idler des cristaux. Une acquisition de 500 000
points permet de remonter à la variation standard du vide. Ce qui nous permet de
normaliser nos mesures de tensions 𝑉𝑎𝑐 comme suit :

𝑋𝑎𝑐 = 𝑉𝑎𝑐
𝜎0(𝑉 )/𝜎0,𝑡ℎ

= 𝑉𝑎𝑐√
2 𝜎0(𝑉 )

(4.12)

Comme nous l’avons vu au chapitre 1.3.2, les signaux mesurés par les détec-
tions homodynes sont proportionnels à :

√
𝐼𝑂𝐿. La variance du vide doit donc être

proportionnelle à l’intensité de l’oscillateur local. Cependant, si la puissance de l’os-
cillateur local devient trop importante la réponse du circuit n’est plus linéaire, nous
commençons à saturer.

La figure 4.15(a) représente la variation standard du vide en fonction de la
puissance de l’oscillateur local. Nous remarquons que cette dernière est linéaire
jusqu’à des puissances de 60 µW. Sur l’expérience, il a été choisi de travailler avec
une puissance d’environ 20 µW. Cette puissance est suffisante pour notre expérience
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car elle nous permet de négliger le bruit électronique dont la variation standard est
de 2.4 mV.

4.6.4 Caractérisation des pertes
Comme nous l’avons expliqué dans le chapitre 1 (section 1.3.2.1), il est pos-

sible de corriger les pertes des détections homodynes. Il est donc important de les
caractériser.

Il existe plusieurs types d’imperfections qui peuvent être ramenées à des pertes
de mesures :

- l’efficacité quantique des photodiodes : ηP D = 94 ± 3 %. L’efficacité est de
94±3 % lorsque l’on renvoie les réflexions des photodiodes des détections ho-
modynes, contre 90 % sans. Les incertitudes sont liées aux incertitudes des
puissance-mètres qui ont permis les mesures des efficacités, la calibration de
ces derniers étant compliquée.

- le couplage entre l’oscillateur local et l’idler : ηOL = 83±2 %. On peut montrer
(Grosshans and Grangier, 2001) qu’un mauvais couplage peut être ramené à
des pertes optiques. Ces pertes s’obtiennent par une mesure du contraste entre
les deux faisceaux (C) lorsque l’OPA est pompé par la sonde, les deux valeurs
sont reliées par la formule suivante : ηOL = C2. Dans notre cas, le contraste
est d’environ 91 %±1 % L’incertitude s’explique par de fortes variations du
contraste au jour le jour.

- le bruit électronique : ηe = 99 %. Ce bruit peut être assimilé à des pertes,
dont l’expression est : ηe = σ2

0
σ2

0+σ2
e
(Appel et al., 2007), où σe et σ0 représentent

respectivement les variances du bruit électronique et du vide. Le bruit est
mesuré en prenant la variation standard du signal des détections homodynes
lorsque l’on n’envoie aucun signal.

Toute ces pertes nous donnent donc une efficacité de détection totale :

ηT = ηOLηP Dηe = 77 ± 4 % (4.13)
Il existe encore deux autres sources de bruits qui ne peuvent malheureusement

pas être corrigées. Ces bruits sont liés à la source laser.
Les premiers bruits sont dus aux fluctuations de puissances du faisceau laser, les

deuxièmes sont liés aux variations du pointé du faisceau. Ces bruits peuvent être
observés en faisant une transformée de Fourier du signal de la détection homodyne
(figure 4.15(b)). Afin de réduire ces bruits, un système d’asservissement du pointé
du laser a été développé par Jean Etesse (Etesse, 2014), réduisant en partie le bruit à
100 Hz. Les bruits à hautes fréquences sont probablement dus au MAO à l’intérieur
de la cavité laser permettant l’extraction des impulsions.

Comme c’est souvent le cas en physique expérimentale, ce problème nous a
apporté un nouvel outil particulièrement utile. Ces bruits nous ont permis de trouver
un outil de diagnostic extrêmement fiable. En effet, les détections homodynes sont
très sensibles aux bruits, que ce soit des fluctuations de puissances, de pointés ou
autres bruits. Cela nous fournit donc un moyen supplémentaire de diagnostic du
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faisceau. Par exemple, si un faisceau capricieux s’approche un tant soit peu du
bord d’un miroir, le signal à 100 Hz des détections l’indique tout de suite.

4.6.5 Acquisition des données
Toutes nos acquisitions sont réalisées grâce à une carte d’acquisition National

Instrument PCI-6110. Cette carte nous permet d’effectuer simultanément des me-
sures digitales sur 4 voies en 12 bits.

La bande passante de la carte est de 10 MHz, ce qui est largement supérieure au
taux de répétition de notre laser, et ne nous posera donc pas de problème.

La carte est synchronisée sur le laser grâce à une photodiode interne au laser.
Pour chaque pulse, nous réalisons une mesure des tensions des deux détections
homodynes et des signaux APDs (dont les signaux TTL sont sommés puis mesurés
sur une seule voie). La dernière voie nous servira pour l’asservissement de la phase,
qui fera l’objet de la prochaine section.

Pour des raisons historiques, le logiciel permettant l’acquisition des données est
IGOR. Ce logiciel est relativement lent, mais reste parfaitement suffisant dans notre
cas. De plus, le grand nombre de routines développées par les différents utilisateurs
rendent son utilisation particulièrement aisée.

4.7 Asservissement de la phase
Si les états de Fock sont des invariants de phases, l’état intriqué à la sortie de

la lame de breeding, de même que les états chats de Schrödinger, ne le sont pas. Il
est donc impératif d’installer un système de mesure ou d’asservissement de phase.
C’est la deuxième option qui a été choisie pour notre expérience.

4.7.1 Asservissement
Pour un état bimode, comme notre état Hong-Ou-Mandel, il faut asservir la

phase de chaque détection homodyne.
Un schéma de l’asservissement de la phase est représenté sur la figure 4.16, son

implémentation est représentée sur la figure 4.12 en pointillés. Le principe consiste
à maintenir constante les différences de phases 𝜑𝑂𝐿,0 − 𝜑𝐻𝑂𝑀,0 et 𝜑𝑂𝐿,1 − 𝜑𝐻𝑂𝑀,1
(représentées sur la figure 4.16). Pour cela nous envoyons un premier faisceau co-
hérent qui a le même trajet que l’idler d’un des OPAs, et un deuxième qui suit le
trajet de l’oscillateur local. Ces faisceaux sont décalés verticalement de 5 mm par
rapport aux faisceaux « originaux » . Ils subissent donc le même déphasage que
l’état Hong-Ou-Mandel et que l’oscillateur local.

Nous faisons ensuite interférer les faisceaux grâce aux lames semi-réfléchissantes
aux entrées des détections homodynes. Les signaux des interférences nous per-
mettent ainsi de remonter à la phase des détections homodynes. Afin d’obtenir
un signal d’erreur centré en zéro, nous mesurons le contraste sur chaque voie de
sortie des lames semi-réfléchissante. La différence des deux signaux nous donne un
signal d’interférence centré en zéro.

Pour chaque détection homodyne, le signal d’erreur est envoyé dans un contrô-
leur proportionnel intégrateur dont le circuit est représenté sur la figure 4.17. Le

84



4.7. Asservissement de la phase

DH0

DH1

PI

PI

Id
le

r 1

Id
le

r 2

PD

hacheur

OL

Faisceau décalé
(Asservissement)

Mesure de la phase

Miroir + Piezo

Figure 4.16 – Schéma explicatif de l’asservissement et de la mesure de la phase.
Pointillés : asservissement de la phase, les boîtes PI représentent les circuits d’as-
servissements. Traitillés : mesure de la phase, un faisceau intense (provenant de la
partie non doublée de la GSH) est envoyé sur un miroir réfléchissant plus de 99.9 %
de la lumière, seulement quelques photons sont transmis. La photodiode PD nous
permet de différencier les instants d’acquisition de la phase des acquisitions des
états chats.

Figure 4.17 – Schéma de l’asservissement de la phase. Il est composé d’un diffé-
renciateur qui nous permet de faire varier la phase en appliquant une consigne au
signal d’erreur, puis d’un montage proportionnel intégrateur.
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signal est ensuite envoyé dans un amplificateur Piezo Drive PDL200, dont la tension
de sortie est acheminée vers une céramique piézo électrique Thorlabs AE0203D04F
ou PI P-080.311. La céramique est collée au dos d’un des miroirs qui achemine
l’oscillateur local vers la détection homodyne. Afin de pouvoir faire varier la phase,
l’asservissement dispose d’une consigne qui nous permet de contrôler la phase entre
les détections.

Ces asservissements nous permettent ainsi de contrôler les phases des deux dé-
tections homodynes. Il nous faut maintenant faire un système qui nous permette de
mesurer la phase.

4.7.2 Mesure de la phase
Pour mesurer la phase, nous utilisons un faisceau cohérent (obtenu avec la partie

non doublée du faisceau pompe de la GSH : figure 4.2) qui contient quelques photons
à la place de l’idler d’un des OPAs. Le faisceau va se trouver séparé par la lame de
breeding et sera mesuré par nos détections homodynes. Si l’on fait varier la phase de
ce faisceau grâce à un miroir posé sur une cale piézo céramique placée en amont de
la lame de breeding (figure 4.2), les détections homodynes mesurent des sinusoïdes.
Si les phases des détections homodynes sont décalées, alors les sinusoïdes le sont
aussi. Ainsi, la position relative des deux oscillations nous permet de remonter au
déphasage.

Pour voir cela, posons 𝜑 le déphasage entre les deux détections homodynes.
Lorsque l’on fait varier la phase des signaux avec une pulsation arbitraire 𝜔, les
signaux s’écrivent :

𝑥𝐷𝐻0(𝑡) = 𝑥0 cos(𝜔𝑡) (4.14)

𝑥𝐷𝐻1(𝑡) = 𝑥0 cos(𝜔𝑡+ 𝜑) (4.15)

Ce qui est équivalent à une équation paramétrique sur t. La figure 4.18 représente
le signal d’une détection homodyne (𝑥𝐷𝐻0) en fonction de l’autre (𝑥𝐷𝐻1). Comme
on peut le voir, on obtient une ellipse tournée de 45 °. En posant le changement de
variables 𝑋 = 𝑥𝐷𝐻1−𝑥𝐷𝐻0 et 𝑌 = 𝑥𝐷𝐻1+𝑥𝐷𝐻0, on obtient l’équation paramétrique
suivante :

𝑋(𝑡) = 2𝑥0 sin
(︁
𝜑
2

)︁
sin

(︁
𝜔𝑡+ 𝜑

2

)︁
= 𝑎 sin

(︁
𝜔𝑡+ 𝜑

2

)︁

𝑌 (𝑡) = 2𝑥0 cos
(︁
𝜑
2

)︁
cos

(︁
𝜔𝑡+ 𝜑

2

)︁
= 𝑏 cos

(︁
𝜔𝑡+ 𝜑

2

)︁ (4.16)

où 𝑎 = 2𝑥0 sin
(︁
𝜑
2

)︁
et 𝑏 = 2𝑥0 cos

(︁
𝜑
2

)︁
. On obtient ainsi l’équation paramétrique

d’une ellipse dont l’expression est :

𝑋2

𝑎2 + 𝑌 2

𝑏2 = 1 (4.17)

Les valeurs a et b représentent les axes de notre ellipses. Ils se mesurent tout
simplement en prenant les maximums de X et Y : 𝑎 = (max(𝑋) − min(𝑋)) /2 et
𝑏 = (max(𝑌 ) − min(𝑌 )) /2. La relation suivante nous permet de remonter à la phase
𝜑 entre les deux détections homodynes :
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Figure 4.18 – Ellipse (théorique) obtenue avec les signaux des deux détections
homodynes.

φ = 2 arctan
(

a

b

)
(4.18)

Sur l’expérience, la phase est mesurée toutes les 50 ms pendant un intervalle de
temps de 8 ms, ce qui nous permet d’avoir une estimation de la phase en temps réel.
Un hacheur placé sur le faisceau d’analyse de la phase permet de séparer les deux
séquences. Les moments de mesures de phase sont détectés grâce à une photodiode
placée après le hacheur (figure 4.16). Le signal de cette photodiode est envoyé sur
la voie 4 de la carte d’acquisition.

4.8 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons fait un tour d’horizon de tous les outils expéri-

mentaux à notre disposition sur l’expérience. Nous disposons maintenant de tous
les éléments nécessaires à la génération de nos états quantiques. Ce qui fait l’objet
du chapitre suivant.
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Analyse des résultats
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Dans ce chapitre, nous allons analyser les résultats obtenus lors de l’exprience
de breeding. Les mesures ont été réalisées en deux temps. Tout d’abord, les me-
sures selon des phases de 90°, 120°, 150° et 180° ont été réalisées à mon arrivée au
laboratoire, elles font l’objet de la thèse de Jean Etesse (Etesse, 2014). Dues à la
symétrie de la fonction de Wigner des états chats, ces mesures sont suffisantes pour
caractériser nos états. Cependant, afin de pouvoir compléter la caractérisation, nous
avons mesuré des distributions du champ selon les autres phases : 0°, 30° et 60°.

Nous commencerons par présenter les états de Fock à un photon produit, pour
poursuivre avec les états chats de Schrödinger obtenu avec le protocole. Enfin,
nous finirons par analyser les autres états que l’on peut produire à partir de notre
protocole.

5.1 Photons uniques
Comme nous l’avons vu dans le chapitre 3, notre protocole est basé sur la géné-

ration d’états de Fock à un photon. La qualité de ces états est donc déterminante.
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Avant de passer à l’étape de breeding, la qualité des photons uniques a donc été me-
surée et optimisée. Pour cela, il suffit de retirer la lame de breeding et de réaligner
légèrement les faisceaux idlers aux entrées des détections homodynes.

La qualité des photons produits par les deux cristaux sont sensiblement les
mêmes. Les taux de productions de nos états sont d’environ 1 kHz. Pour réaliser
la tomographie, 50 000 points ont été acquis. Comme les états de Fock sont des
invariants de phase, elle n’est ni asservie ni mesurée ; la matrice densité de l’état
reconstruit sera donc nécessairement diagonal dans la base de Fock. Grâce à la
méthode de maximum de vraisemblance décrite dans le chapitre 1 (1.3.2.2), la to-
mographie des états a été réalisée avec et sans correction des pertes. Les deux
fonctions de Wigner sont tracées sur les figures 5.1(a) et (b). Comme on peut le
voir la négativité des états est très prononcée. A titre de comparaison, la fonction
de Wigner d’un état de Fock à un photon pur est représentée par une nappe sombre.

Les éléments diagonaux ainsi que la distribution des points mesurés sont repré-
sentés sur les figures 5.1(c) et 5.1(d). Pour les états de Fock, la fidélité s’obtient
directement par la valeur de l’élément diagonal de l’état désiré. Ainsi, une fidélité
de 78 ± 4 % à été obtenue après correction des pertes. Les barres d’erreurs, sont
déterminée grâce aux incertitudes sur l’efficacité de notre détection homodyne. La
négativité de la fonction de Wigner est de -0.08 sans correction et de −0.18 ± 0.02
avec.

Une autre façon de caractériser les états a été développée par un de mes prédé-
cesseurs (Ourjoumtsev, 2007). Il montre que la distribution de probabilité de notre
état en présence de pertes peut s’écrire :

𝑃1(𝑥) = 𝑒
𝑥2
𝜎2

√
𝜋𝜎2

(︃
1 − 𝛿

2 + 𝛿𝑥2

𝜎2

)︃
(5.1)

où 𝛿 et 𝜎, sont des paramètres variables. Il est donc possible d’obtenir rapidement
ces deux paramètres par une méthode de maximum de vraisemblance classique, ce
qui est beaucoup plus rapide que la méthode de reconstruction « quantique » . Les
éléments diagonaux de la matrice densité et la fonction de Wigner sont donnés par
les formules suivantes :

⟨𝑛| 𝜌 |𝑛⟩ = 2(𝜎2 − 1)𝑛−1

(𝜎2 + 1)𝑛+2

[︁
𝜎4(1 − 𝛿) + 𝜎2𝛿(1 + 2𝑛) − 1

]︁
(5.2)

𝑊 (𝑥, 𝑝) = 𝑒
𝑥2+𝑝2

𝜎2

𝜋𝜎2

(︃
1 − 𝛿

2 + 𝛿(𝑥2 + 𝑝2)
𝜎2

)︃
(5.3)

En réalité, cette description est surtout utile car les paramètres 𝛿 et 𝜎 peuvent
être obtenus grâce au moment d’ordre 2 (𝑉2) et 4 (𝑉4) de la distribution. Pour
être calculés, ces moments demandent très peu de ressources, ce qui permet de les
calculer « en temps réel » . Le lien entre les moments 𝑉2 et 𝑉4 et les paramètres 𝜎
et 𝛿 est :
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5.1. Photons uniques

(a) (b)

(c) (d)

Figure 5.1 – Qualité du photon unique obtenu. (a) : fonction de Wigner non
corrigée des pertes ; (b) : fonction de Wigner corrigée des pertes de 77 %. Sur les deux
figures, la fonction de Wigner d’un photon unique parfait est représentée par un film
sombre. Les projections continues représentent les probabilités de distributions selon
les axes X et P. Les traitillées sont les projections d’un photon parfait. (c) : éléments
diagonaux des matrices densités des photons uniques corrigés et non-corrigés des
pertes ; (d) distribution des points mesurés par la détection homodynes.
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⎧⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎨⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎪⎩

𝜎2 = 2𝑉2

(︂
1 −

√︂
1 − 𝑉4

3𝑉 2
2

)︂

𝛿 =

√︁
1− 𝑉4

3𝑉 2
2

1−
√︁

1− 𝑉4
3𝑉 2

2

(5.4)

Une propriété remarquable de l’expression de 𝛿 est qu’il ne dépend que du rap-
port 𝑉4

𝑉 2
2

. Ce rapport ne dépend pas de la normalisation des données. Un facteur
de normalisation 𝜂 donnerai : 𝑉 ′

4
𝑉 ′2

2
= 𝜂4𝑉4

(𝜂2𝑉2)2 = 𝑉4
𝑉 2

2
. Ainsi, il est possible d’obtenir

ce paramètre directement après l’acquisition sans avoir à faire une mesure de la
variation standard du vide (qui nécessite une opération manuelle pour bloquer les
voies idlers).

Pour un photon unique, 𝛿 varie entre 0 (état de vide « parfait » ) et 2 (état de
Fock à un photon parfait). On peut montrer (Ourjoumtsev, 2007) que la fonction de
Wigner de notre état est négative si et seulement si 𝛿 > 1. Ainsi, au fur et à mesure
des thèses, le paramètre 𝛿 est devenu essentiel car il permet de juger et d’optimiser
nos photons en temps réel. Son optimisation est un des défis quotidiens du labora-
toire et l’obtention du « 𝛿 parfait » constitue le Graal de tous les « thésards » et
« post-doc’ » pendant leurs années de durs labeurs.

Les valeurs de 𝛿 et de 𝜎 de nos photons, sont indiquées dans le tableau récapi-
tulatif des photons uniques : 5.1.

Paramètres des photons uniques
𝜎 𝛿 𝒩𝑛𝑐 𝒩𝑐 𝜂𝑇 F Fc

1.02 1.28 -0.08 -0.18±0.02 0.77 63 % 78 %

Table 5.1 – Résumé des paramètres de la génération des photons uniques. 𝒩𝑐,
𝒩𝑛𝑐 : négativité de la fonction de Wigner avec et sans correction des pertes, 𝜂𝑇 :
efficacité de la détection homodyne, F : fidélité de l’état sans correction des pertes,
Fc : fidélité avec correction.

5.2 Le chat de Schrödinger
Une fois que nous avons obtenu des photons uniques de bonnes qualités, nous

pouvons replacer la lame de breeding et mesurer nos états chats de Schrödinger.
Comme nous avons un état bimode, au lieu de représenter les deux distributions

des détections homodynes, il est possible de représenter la distribution bimode (la
DH0 en fonction de la DH1) de nos états pour les différentes phases.

Pour chaque phase, de 0 ° à 180 °, nous avons mesuré environ 15 000 points
correspondants aux instants où la présence d’un photon a été annoncée sur chacune
des voies idlers de nos cristaux. Ces distributions sont représentées sur la figure 5.2.
Tout comme pour les photons uniques, un autre de mes prédécesseurs a réalisé un
modèle permettant d’estimer la qualité de la distribution bimode par un fit classique
(Etesse, 2014), elle ne sera cependant pas détaillée ici.
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Figure 5.2 – Histogrammes bidimensionnels normalisés des points expérimentaux
de 0 ° à 180 °
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Figure 5.3 – Représentation des distributions des données après conditionnement.

5.2.1 Résultats
Pour chaque phase, une fois que les données sont normalisées, nous sélectionnons

celles pour lesquelles la DH0 a mesuré une valeur de la quadrature X tel que :
|𝑥| < 0.2. On peut ainsi représenter l’histogramme de la distribution des points
pour chacune des phases, elle est représentée sur la figure 5.3.

Les distributions ainsi obtenues nous permettent de reconstruire l’état chat de
Schrödinger créé. Les fonctions de Wigner, de l’état obtenu avec et sans correction
des pertes de détection sont représentées sur les figures 5.4(a) et (b). Pour compa-
raison, la fonction de Wigner d’un état chat de Schrödinger d’amplitude 𝛼 =1.63
et de paramètre de squeezing s=1.52, a été tracée sur la figure 5.4(c).

Il est important de noter que seules les pertes de la détection homodyne de
mesure ont été corrigées. La première détection fait partie intégrante de notre pro-
tocole, et comme nous ne pouvons différencier les « faux coups » des « bons coups » ,
les « faux coups » à zéro ne peuvent malheureusement pas être corrigés.

Les fidélités entre un état chat de paramètres 𝛼=1.63 et s=1.52 et les fonc-
tions de Wigner reconstruites, sans et avec corrections des pertes, sont de 47 % et
60 % respectivement. La négativité des fonctions de Wigner étant la preuve que
notre état ne peut pas avoir été obtenu par une superposition classique, il appa-
raît naturel de l’étudier. Le minimum de la fonction de Wigner théorique est :
𝑊min,th = −0.21. Sans correction des pertes, la fonction de Wigner est très légère-
ment négative (𝑊min = −0.008), en revanche, après correction des pertes, la néga-
tivité est nettement plus prononcée : 𝑊min,cor = −0.08, ce qui permet de confirmer
le caractère quantique de notre état.

5.2.2 Taux de production
Les taux de production de nos photons uniques étaient d’environ 1 kHz, il est

donc naturel que le taux de coïncidence des photons soit beaucoup plus faible, il
est d’environ 1 Hz. Ce taux étant très faible, les mesures ne peuvent donc pas être
faites en une journée, d’autant plus, que le temps de traitement des données par
le programme d’acquisition diminue le taux d’analyse à seulement 0.1 Hz. Ainsi ces
mesures sont le fruits de 2 fois 2 mois de mesures intensives. De tels temps de
mesures imposent une grande stabilité de l’expérience. Dans le laboratoire, durant
les « bons jours » , le temps de mesure pouvaist atteindre environ 8-10 h, donnant
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(a) Non-corrigée (b) Corrigée

(c) théorie

Figure 5.4 – Fonction de Wigner de l’état chat de Schrödinger sans correction des
pertes (a) et avec correction des pertes (b). (c) : fonction de Wigner théorique d’un
état chat d’amplitude α =1.63 et et paramètre de squeezing s=1.52.

quelques précieux milliers de points.
Le nombre de points total mesuré selon toutes les phases est d’environ 85 000

points. Après conditionnement, il nous reste 12 500 points selon 7 phases différentes.
Ceci nous indique que le taux de succès du conditionnement homodyne est d’environ
15 %. Nous pouvons ainsi déterminer le taux de production des états chats de
Schrödinger qui est d’environ 0.15 Hz.

5.2.3 Mise en perspective
De tels taux de production sont trop faibles pour espérer effectuer des protocoles

quantiques avec notre expérience actuelle. De la même façon, l’itération du protocole
semble difficilement réalisable.

Ces faibles taux sont liés à la faible probabilité d’obtenir deux photons simul-
tanément. L’intérêt majeur du protocole que nous avons mis en œuvre est qu’il
permet l’insertion de mémoires quantiques permettant de stocker les photons créés
de façon à pouvoir les synchroniser. De telles mémoires augmenteraient grandement
le taux de production des états chats de Schrödinger (Etesse et al., 2014). A titre
d’exemple, l’utilisation d’une mémoire quantique nous permettrait d’accroitre le
taux de production de nos états de trois ordres de grandeurs, soit ∼ 100 Hz. Nous
serions alors uniquement limités par le taux de production de nos photons uniques.
La construction d’une telle mémoire sera abordée dans le dernier chapitre de ce
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DH
X≈0 ?

QM

QM

Figure 5.5 – Utilisation de mémoire quantique. Les deux mémoires permettent de
synchroniser deux photons uniques produits à des instants différents. QM : mémoire
quantique.

manuscrit.

5.2.4 Évolution de la communauté
La génération des états chats suscite un grand intérêt dans le domaine de l’ingé-

nierie quantique. Si à la fin de ces mesures, l’état chat obtenu sur notre expérience
détenait la plus haute fidélité pour un chat de Schrödinger pair en espace libre, la
communauté a beaucoup avancé au cours des dernières années.

Le groupe de Julien Laurat a produit des chats de Schrödinger en 2015, obte-
nant de meilleurs fidélité et taux de production. En combinant les avantages des
lasers continus (qui permettent d’avoir de meilleures efficacités de détections grâce
à un bon mode matching) ainsi que des détecteurs supra-conducteurs, Ils ont réussi
à obtenir des états fidèles à 67 % à l’état cible (amplitude alpha = 1.73, squee-
zing : −3 dB ⇔ s=1.41) pour un taux de production de 200 Hz (Huang et al., 2015).
La méthode employée consiste à utiliser un OPA en configuration dégénérée avec un
accord de phase de type II : les photons idler et signal ont ainsi deux polarisations
différentes et sont séparés par un cube séparateur de polarisation. L’utilisation de
deux détecteurs sur une des voies de sorties permet d’annoncer la génération d’états
de Fock à deux photons. Si l’on place une lame demi-onde, dont les axes neutres
ne sont pas alignés aux polarisations des photons, en amont du cube, il est alors
possible de détecter deux photons issues du même photon pompe. Cette incertitude
projette l’état en sortie sur la superposition suivante : a |0〉 + b |2〉 où a2 + b2 = 1.
L’avantage de cette méthode est que l’on peut choisir les poids des coefficients a
et b en changeant simplement l’orientation de la lame demi-onde, ce qui permet de
produire des états chats de Schrödinger.

En 2017, le groupe d’Alexander Lvovsky a réalisé un protocole de breeding en
envoyant des chatons de Schrödinger sur les deux voies d’entrées (Sychev et al.,
2017). Il a ainsi réussi à obtenir un état chat de Schrödinger d’amplitude α = 1.85
avec un squeezing s=1.42. Si leurs efficacités de détections de 62 % sont très faibles,
la fidélité des états corrigés est cependant très élevée (77 %). Le taux de coïncidence
des chatons est d’environ 2 Hz, ce qui donne un taux de production d’état chat légè-
rement inférieur. Cette expérience représente la première réalisation expérimentale
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d’un protocole permettant d’accroître la taille d’états chats de Schrödinger d’am-
plitude non nulle. Pour réaliser cela, ils ont combiné le protocole présenté dans ce
chapitre avec la méthode de génération d’états chatons de Schrödinger (Ourjoumt-
sev et al., 2006b).

5.3 États NOON et autres projections
Dans la section précédente, nous nous sommes penchés sur la production d’états

chats de Schrödinger à partir du protocole de breeding. Cependant, nous avons vu
dans le chapitre 3 que notre protocole nous permet de produire n’importe quelle
superposition d’états de Fock à zéros et deux photons :

|ψ2〉 = α |0〉 + β |2〉 (5.5)
où α et β doivent respecter la relation suivante : α2 + β2 = 1.
La figure 5.6(a) représente les valeurs de α et β en fonction du conditionne-

ment. Nous avons reconstruit les fonctions de Wigner d’états obtenus pour plusieurs
conditionnements : Xcond =0.2, 0.4, 0.6, 0.71, 0.9, 1, 1.1, 1.3 et 1.5. Les fonctions de
Wigner corrigées des pertes de ces états sont toutes représentées sur la figure 5.7.

Sur la figure 5.6(a), deux points particuliers sont mis en exergue. Les état obtenus
pour de tels conditionnements correspondent à un état de Fock à deux photons : |2〉
pour Xcond = 0.71 et au cas 1√

2(|0〉 + |2〉) pour Xcond = 1.1. La fidélité de nos états
en fonction du conditionnement est tracée sur la figure 5.6. Comme on peut le voir
la fidélité la plus faible est atteinte pour l’état de Fock à deux photons. Cette faible
fidélité a plusieurs origines : les pertes réduisent très rapidement la composantes
à deux photons (de même pour le conditionnement), de plus, le conditionnement
|Xmes − Xcond| < 0.2, est relativement large.

(a) (b)

Figure 5.6 – (a) : Valeurs des coefficients α2 et β2 en fonction de la valeur mesurée
par la détection de conditionnement : Xcond. Les traits pleins verticaux représentent
les cas discutés : x=0, x=0.71, x=1.1. (b) : fidélité des états obtenus (corrigés des
pertes) en fonction de la valeur du conditionnement homodyne.

A l’inverse, plus la présence de vide dans l’état attendu est importante, plus la
fidélité augmente. Cela s’explique par le fait que la part de vide de notre état, qui
ne peut pas se perdre, devient de plus en plus importante.
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Un dernier point intéressant est le cas ou𝑋cond = 0.9. Théoriquement, la fonction
obtenue est : |𝜓⟩ = 1√

3 |0⟩ −
√︁

2
3 |2⟩, il s’agit du même état que celui obtenu avec

un conditionnement en zéro tourné dans l’espace des phases d’un angle de 90 °.
Cependant, la fidélité entre l’état obtenu et l’état théoriquement produit n’est que
de 47 %, ce qui est bien plus faible que celle obtenue pour un conditionnement en
zéro (60 %). Cela s’explique par la position moins stratégique du conditionnement.
En effet, pour la valeur 𝑋cond = 0.9, la probabilité de mesurer un photon unique
n’est pas nulle contrairement au cas ou 𝑋cond = 0.

En réalité, toutes nos reconstructions sont équivalentes à faire la tomographie
de l’état Hong-Ou-Mandel appelé état NOON à deux photons. Ces reconstructions
nous permettent ainsi de caractériser l’intrication de notre état. Une telle carac-
térisation a été réalisée par le groupe d’Akira Furusawa en 2016 (Makino et al.,
2016). Il réalise ici la même expérience que nous mais avec un laser continu. Cepen-
dant, l’implémentation de deux mémoires quantiques permet d’obtenir un taux de
coïncidences bien supérieur à notre cas : 90 Hz.

5.4 Les limites de l’expérience
Dans cette section, nous allons analyser les différents points qui limitent la qua-

lité des états obtenus.

5.4.1 Qualité des photons uniques
Un des points essentiels qui limite la qualité de nos états chats de Schrödinger

est la fidélité des photons uniques produits. Par rapport à la dernière version de
l’expérience qui a servi à produire des photons uniques, la fidélité des états a été
augmentée de 12 % (de 66 % à 78 %), ce qui représente déjà un progrès considérable.
Cependant, cette valeur est encore loin d’être parfaite, et les 𝛿 obtenus au laboratoire
sont toujours loin de la valeur « rêvée » avec 𝛿 = 1.28.

Pour comparaison, la plus haute fidélité pour un état de Fock à un photon à été
récemment obtenue par le groupe de Julien Laurat, la fidélité atteint 93 % (Jeannic
et al., 2016). On comprend tout de suite qu’avec de tels états aux entrées de notre
dispositif, nous pourrions obtenir une bien meilleure fidélité pour les états chats
produits avec le protocle de breeding. La qualité des états produits par ce groupe
s’explique par le fait qu’ils utilisent des lasers continus. Le mode matching est plus
délicat en régime impulsionnel car il faut bien maîtriser le recouvrement spectral
des impulsions.

Pour améliorer la fidélité de nos états, plusieurs solutions sont envisageables.
L’utilisation de fibres optiques peut permettre de filtrer le profil spatial de l’oscilla-
teur local. De la même façon l’implémentation de cavité peut permettre d’améliorer
les profils spatiaux du faisceau bleu (et donc des photons) et de l’oscillateur local.

Le problème de recouvrement spectral s’explique par la forme non gaussienne
du spectre du faisceau pompe. La GSH correspond à la convolution du spectre
du faisceau pompe sur lui-même ce qui a pour effet de lisser le spectre. Il en est
de même pour la SPDC. Ainsi, les spectres des photons et de l’oscillateur local
sont assez différents. De plus, la GVM au niveau de la GSH a tendance à allonger
temporellement notre faisceau et donc réduire son spectre, cela nous donne des
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(a) Xcond = 0.2,
|ψ〉 = 0.55 |0〉 + 0.84 |2〉.

(b) Xcond = 0.4,
|ψ〉 = 0.43 |0〉 + 0.9 |2〉.

(c) Xcond = 0.6,
|ψ〉 = 0.98 |0〉 + 0.19 |2〉.

(d) Xcond = 0.71,
|ψ〉 = |2〉.

(e) Xcond = 0.9,
|ψ〉 = 0.4 |0〉 − 0.92 |2〉.

(f) Xcond = 1,

|ψ〉 = 1√
3 |0〉 −

√
2
3 |2〉.

(g) Xcond = 1.1,
|ψ〉 = 1√

2 (|0〉 − |2〉).
(h) Xcond = 1.3,

|ψ〉 = 0.86 |0〉 − 0.51 |2〉.
(i) Xcond = 1.5,

|ψ〉 = 0.93 |0〉 − 0.37 |2〉.

Figure 5.7 – Fonctions de Wigner des états obtenus pour différents
conditionnements.
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photons qui ont un spectre plus fin que celui de l’oscillateur local. Une solution à ce
problème peut être d’envoyer l’oscillateur local à travers une cavité dont la longueur
est légèrement différente de celle du taux de répétition, ce qui aura pour effet de
réduire le spectre de transmis, comme nous l’avons vu dans la section (2.2.2). Il
serait ainsi possible de contrôler le spectre de l’oscillateur local en optimisant le
contraste ou la valeur de 𝛿 des photons directement.

Une autre méthode possible consiste à transformer le spectre de l’oscillateur
local grâce à l’utilisation de deux réseaux et d’un SLM (spatial light modulator)
(Roslund et al., 2013; Weiner, 2000). L’avantage de cette méthode est qu’elle permet
d’obtenir des spectres non-gaussiens.

5.4.2 Taux de production
Le taux de production des photons uniques de l’expérience n’est pas très élevé

(∼ 1 kHz), en conséquences, le taux de production des états chats de Schrödinger est
encore plus faible (∼ 0.15 Hz). Ces faibles taux ont deux principales conséquences :

- ils empêchent toute possibilité d’implémentation de protocoles quantiques uti-
lisant ces états,

- la qualité des états est réduite en raison du manque de stabilité de l’expérience.

Comme nous l’avons expliqué, plusieurs mois de prises de données intensives
ont été nécessaires afin d’acquérir toutes les données. Il est bien entendu impossible
de stabiliser une expérience aussi longtemps. Ainsi, les fluctuations de l’expérience
réduisent inévitablement la qualité des états. Sur notre expérience, ce qui nous limite
est un drift lent de la longueur d’onde centrale du laser. Comme nous le verrons plus
loin, ce drift est dû aux fluctuations de températures de la table d’expérience, qui
chauffe lorsque l’on allume le laser, et le reste de l’électronique. Malheureusement,
pour des raisons de temps de vie du laser (et écologiques), il n’est pas pensable de
laisser toute l’expérience allumée toute la nuit.

On observe aussi des fluctuations de températures de la pièce en raison de mau-
vais fonctionnements de la climatisation, qui fonctionne bien mieux la nuit lorsque
toutes les salles d’expériences sont éteintes, que la journée. Ainsi, la journée de
mesure la plus stable était un jour férié où l’expérience n’a presque pas eu besoin
d’être réalignée.

Afin d’augmenter les taux de productions, plusieurs solutions sont envisageables :

- augmenter le taux de répétition du laser. Cette solution n’augmente cependant
pas la probabilité d’avoir un photon.

- augmenter de la puissance de pompe par l’utilisation de cavité ou en augmen-
tant la puissance du laser qui pompe le MIRA-900.

- réduire la largeur de l’accord de phase afin d’augmenter la probabilité de créer
des paires de photons à la longueur d’onde du laser (U’Ren et al., 2005). Cette
méthode permet notamment de s’abstenir des pertes liées au filtrage spectral
des photons (Mosley et al., 2008). Les guides d’ondes permettent de contrôler
l’accord de phase relativement facilement, cependant, la faible transmission
du guide d’onde peut déformer le spectre des photons (Eckstein et al., 2014).
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5.4.3 Le caractère aléatoire
Le taux de production des états chats est également impacté par le caractère

aléatoire de la production des photons uniques. Les taux de coïncidences sont très
faibles et beaucoup de photons sont « gâchés » . Les taux d’annonces des photons
uniques sont de 1 kHz, ce qui donne environ 1 photon tout les 1 000 pulses. Le
taux de coïncidence est donc d’environ 1/106, ce qui implique que 99.9 % du temps,
lorsqu’un photon unique est détecté, ce dernier est tout seul.

Pour résoudre ce problème, il existe deux principales stratégies :

- l’utilisation de sources de photons déterministes (Jeantet et al., 2016; Sapienza
et al., 2015; Somaschi et al., 2016),

- l’implémentation de mémoires quantiques (Jobez et al., 2015; Parigi et al.,
2015; Yoshikawa et al., 2013)

Ce sujet a déjà été abordé dans la partie 3.3.2, il n’est donc pas nécessaire de
l’aborder de nouveau. Cependant, il apparaît évident que le futur de tous les proto-
coles quantiques passe par le développement de sources et de mémoires quantiques
efficaces.

5.5 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons étudié les états obtenus avec le protocole de bree-

ding proposé dans le chapitre 3. Les mesures effectuées pour des phases de 0 ° à
180 ° ont permis de déterminer la qualité des états chats de Schrödinger produits.
En corrigeant nos pertes de détections, une fidélité de 60 % a été atteinte.

Nous avons aussi étudié la qualité des états obtenus pour d’autres condition-
nements ainsi que les photons uniques produits. Par rapport aux derniers photons
produits sur l’expérience (Ourjoumtsev, 2007), la fidélité des photons uniques a été
augmentée de 12 %.

Cependant, les taux de productions de nos photons uniques restent faibles
(1 kHz), ce qui conduit à un taux de génération des états chats de Schrödinger
de 0.15 Hz. Ces valeurs ne nous permettent pas d’envisager l’implémentation d’ex-
périences plus importantes en terme de ressources.

Il était donc indispensable de faire évoluer notre expérience. Pour cela, nous
avons réalisé une refonte en profondeur du dispositif expérimental. Ce travail fait
l’objet de la troisième partie de cette thèse.
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Chapitre 6

Source de photon haute cadence
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6.1 Introduction
Comme nous l’avons vu au chapitre précédent, il est impératif d’effectuer des

changements majeurs sur l’expérience. Ces changements feront l’objet de ce chapitre
et du suivant.



Chapitre 6. Source de photon haute cadence

Les trois points principaux à améliorer (détaillés à la fin du chapitre 5), sont les
suivants :

- la qualité des photons uniques,

- les faibles taux de production,

- le caractère aléatoire de la génération des états.

Dans ce chapitre, nous allons nous atteler à résoudre les deux premiers points.
Pour pouvoir augmenter le taux de production de nos états, la solution la plus
simple est d’augmenter le taux de répétition du laser. Pour cela, il nous suffit de
retirer le pulse switch installé en sortie du laser. Les nouveaux paramètres du laser
feront l’objet de la prochaine section.

Afin de revenir à des puissances comparables à l’ancienne configuration, la solu-
tion envisagée a été de construire des cavités optiques pour la génération de seconde
harmonique (Kanseri et al., 2016) et la création des paires de photons. Les implé-
mentations de ces cavités seront traitées dans les sections 3 et 4 de ce chapitre.

Un des avantages des cavités est qu’elles permettent aussi d’améliorer les profils
spatiaux de nos faisceaux, ce qui devrait nous permettre d’améliorer la qualité de
nos états. De plus, un changement de cristal a été effectué afin de s’abstenir des
pertes liées aux fenêtres des frigos.

La dernière section de ce chapitre portera sur l’étude de la qualité des photons
produits après tous ces changements.

Le schéma de la figure 6.1 montre les détails de cette nouvelle expérience. Le
lecteur pourra remarquer la présence de nombreux espaces vides qui contraste avec
des zones denses en optique. Ces espaces ont été volontairement préservés pour la
suite de l’expérience qui sera présentée dans le chapitre suivant.

6.2 Augmentation du taux de répétition
Pour augmenter le taux de répétition, nous nous passons donc de l’utilisation

du pulse switch. Pour cela, il suffit de replacer le coupleur de sortie dans la cavité
laser, puis de replacer la fente à l’intérieur de la cavité. Le fonctionnement du laser
est inchangé, à ceci près que l’extraction ne se fait plus par le modulateur acousto-
optique, mais par un coupleur de sortie (figure 6.2).

Bien entendu, les paramètres du laser ont été modifiés avec le changement de
configuration. Le spectre et le signal d’auto-corrélation sont tracés sur les figures
6.3(a) et (b). Si on compare par rapport au spectre de l’ancienne configuration
(figure 4.5(b)), on remarque l’absence des pics autour du pic central à 850 nm. De
plus, le spectre du signal des détections homodynes (figure 6.3(c)), nous indique que
les pics des bruits aux hautes fréquences ont disparu. Ces absences nous confirment
que le coupable était bien le modulateur acousto-optique du pulse switch.

Les nouveaux paramètres du laser sont résumés dans la table 6.1 où les para-
mètres de l’ancienne configuration sont rappelés afin de faciliter la comparaison.

Comme attendu, la puissance crête du laser a diminué d’un facteur 6. En re-
vanche, la qualité du spectre ainsi que la réduction du bruit nous montrent que le
faisceau est d’une meilleure qualité. Tout ceci nous laisse présager une amélioration
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Chapitre 6. Source de photon haute cadence

Figure 6.2 – Schéma du laser en configuration picoseconde à 80 MHz. BRF : lame
biréfringente, GTI : interféromètre de Gires-Tournois.

(a) (b)

(c)

Figure 6.3 – Paramètres du laser à 76 MHz. (a) signal d’auto-corrélation du laser,
(b) : spectre du laser, (c) : Spectre d’une des détections homodynes, les pics de
bruits aux hautes fréquences ne sont plus présents.
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de la qualité des photons. On note aussi que le laser est plus stable sans l’utilisation
du cavity dumper et qu’il « delock » beaucoup moins souvent.

Ancienne
configuration

Nouvelle
configuration

Taux de répétition (frep) 800 kHz 76 MHz
Longueur d’onde (λ0) 850 nm 850 nm

Largeur spectrale (Δλ) 0.2 - 0.5 nm 0.2 - 0.3 nm
Largeur des impulsions (τ) 2 - 4 ps 2.5 - 4.5 ps
Énergie par impulsions (E) 38 nJ 7 nJ

Puissance crête (Pc) 13 kW 2 kW
Puissance continue (Pcont) 30 mW 500 mW

Table 6.1 – Table des paramètres du laser pour l’ancienne configuration (avec le
cavity dumper), et la nouvelle (sans le cavity dumper).

6.3 Génération de seconde harmonique
Comme la génération de seconde harmonique est un processus non-linéaire d’ordre

2, la diminution d’un facteur 6 de la puissance crête conduit théoriquement à une
diminution d’un facteur 36 de la puissance du faisceau doublé à 425 nm. De telles
puissances crêtes sont tellement faibles qu’il est impensable de produire des états
de Fock par la génération d’état paramétrique spontanée.

L’implémentation de cavité s’est donc imposée comme la solution idéale pour
augmenter les puissances crêtes qui traversent nos cristaux. Cependant, l’utilisation
de nos frigos ne facilite pas l’installation des cavités en raison de l’encombrement des
frigos et des pertes optiques liées aux fenêtres de ces derniers. De plus, le KnBO3
étant peu utilisé, son prix est très élevé en comparaison avec d’autres cristaux
permettant le même type de transformation du champ. Il a donc été décidé de
changer de cristaux et de passer au BiB3O6.

6.3.1 Passage au BiB3O6

Comparaison du KnBO3 et du BiB3O6
Les caractéristiques des cristaux de BiB3O6 et de KnBO3 sont relativement dif-

férentes. Leurs paramètres sont résumés dans la table 6.2.
Dans un premier temps, le coefficient non-linéaire à 850 nm du KnBO3 (12 pm V−1)

est supérieur à celui du BiB3O6 (3.5 pm V−1), ce qui était la raison de son utilisa-
tion. En revanche, il reste plus élevé que celui de ces « concurrents » : le BBO et
le LBO.

Contrairement au KNbO3, l’accord de phase du BiB3O6 est critique. Il s’obtient
en jouant sur l’angle entre le faisceau et le cristal et non plus sur la température
de ce dernier. Ce type d’accord de phase nous permet de ne plus utiliser de frigo,
ce qui nous donne plus de flexibilité en terme de place. L’absence de fenêtre nous
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KnBO3 BiB3O6

Longueur d’onde du
fondamental (𝜆0)

850 nm 850 nm

Longueur d’onde du
faisceau doublé (𝜆425)

425 nm 425 nm

Coefficient non-linéaire
(𝑑𝑒𝑓𝑓 )

12 pm.V−1 3.5 pm.V−1

GVM 1.9 ps.mm−1 0.35 ps.mm−1

GVD (850 nm) 360 fs2.mm−1 124 fs2.mm−1

GVD (425 nm) 1700 fs2.mm−1 350 fs2.mm−1

Accord de phase Type I non critique Type I critique
Spatial walk-off 7 53 mrad

Table 6.2 – Comparaison des paramètres théoriques des cristaux de KnBO3 et de
BiB3O6.

permet aussi de réduire les pertes optiques. En revanche, ce type d’accord de phase
conduit à l’apparition de walk-off spatial et nous empêche de focaliser trop notre
faisceau.

Le BiB3O6 possède cependant des coefficients de GVM et GVD significativement
plus faibles que le KnBO3 (table 6.2), ce qui nous permet, si ce n’est d’augmenter
la longueur des cristaux, de diminuer l’étalement de nos pulses.

Accord de phase
Pour la génération de seconde harmonique, l’accord de phase utilisé est linéaire.

La conservation de l’énergie et de l’implusion nous donne :

𝜔425 = 2𝜔850 (6.1)
𝑘⃗425 = 2𝑘⃗850 (6.2)

De part la relation 𝑘⃗ : |⃗𝑘| = 𝑛𝜔
𝑐
, il apparaît que la condition à satisfaire est :

𝑛425 = 𝑛850 (6.3)

Lorsque l’on utilise un accord de phase critique, il est important de déterminer les
angles de coupe du cristal demandés lors de la fabrication. Ces angles s’obtiennent
facilement à partir de l’équation de Sellmeier et de ces coefficients pour le BiB3O6,
pour chacun des axes du cristal. Le cristal de BiB3O6 étant un cristal bi-axe, nous
avons trois indices différents selon les 3 axes « naturels » du cristal. Il sont donnés
dans la table suivante à 425 et 850 nm.

Dans notre cas, la polarisation du bleu est suivant l’axe 𝑛𝑥 et l’accord de phase
est obtenu en ayant un angle 𝜃𝑐𝑢𝑡 = 155.2 ° entre les axe 𝑛𝑦 et 𝑛𝑧. Le détail de ces
calculs peut être trouvé dans l’article suivant (Yin et al., 2007).
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Longueur d’onde nx ny nz

425 nm 1.813 1.850 2.002
850 nm 1.764 1.792 1.927

Table 6.3 – Indices du cristal de BiB3O6 à 425 et 850 nm selon les trois axes
naturels du cristal.

Figure 6.4 – Représentation de l’étalement relatif des pulses due à la GVM ainsi
qu’à la GVD à 850 et 425 nm avec des cristaux de BiB3O6 . La longueur du pulse
de référence est de τ = 2.6 ps

6.3.1.1 Choix de la taille du cristal

Étude des effets de la GVM et de la GVD du BiB3O6
Comme nous l’avons vu au cours du chapitre 4, pour optimiser les effets non-

linéaires, il est plus avantageux d’augmenter la longueur d’un cristal que de la
focaliser. Cependant, la taille des cristaux est limitée par les problèmes liés à la
GVM et la GVD.

Comme nous changeons de cristal sur l’expérience, il nous faut de nouveau étu-
dier ces problèmes. Le BiB3O6 a l’avantage d’avoir des coefficients de GVM et de
GVD plus faibles que le KnBO3 (table 6.2).

Ainsi, comme le montre la figure 6.4, la GVD est toujours négligeable à 425 nm
et 850 nm. Cependant, comme le faisceau pompe dans l’infrarouge va résonner à
l’intérieur d’une cavité, il passera plusieurs fois à travers notre cristal. La finesse de
notre cavité restant faible (F<160), le nombre de passages effectué dans le cristal,
donné par la formule : N = F

2π
, reste raisonnable : N<25. L’étalement relatif lié à

la GVD après 25 tours dans un cristal de 3 mm est toujours inférieur à 10−3%, elle
est donc toujours négligeable.

En ce qui concerne la GVM, l’étalement relatif des pulses atteint 100% pour
des cristaux de 3 mm. Pour le KNbO3, ces valeurs étaient atteintes pour un cristal
de 0.6 mm seulement. Il est donc possible d’augmenter la taille des cristaux que
nous utilisons. L’utilisation des cavités n’a aucune conséquence sur la GVM. En
effet, le faisceau bleu créé par GSH ne résonne pas, l’écart à prendre en compte est
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réinitialisé après chaque passage.
Au vu de ces résultats, il a été choisi de commander des cristaux de 1, 2 et 3 mm

auprès de la compagnie Castech.

Walk-off spatial
Pour des cristaux de cette taille, le waist qui maximise la puissance du faisceau

doublé (lors d’un passage simple) est de l’ordre de quelques dizaines de µm. Cepen-
dant, il nous faut vérifier que le walk-off spatial ne nous posera pas de problème
pour ces valeurs de waists. Les effets du walk-off spatial diffèrent en fonction de
l’utilisation du cristal :

- pour la génération de seconde harmonique, le walk-off spatial a pour effet de
déformer le profil spatial du faisceau,

- pour la SPDC, ils conduisent à une incertitude sur la position du photon
unique. Mais comme la fibre filtre le profil spatial des photons, la principale
conséquence serait de diminuer le taux de comptage.

- lorsque l’on fait de la différence de fréquence pour aligner l’OPA, le faisceau
de l’idler risque d’être déformé, ce qui nous donnera de fausses informations
lors de l’alignement de l’oscillateur local.

Le walk-off spatial est dû à la différence entre les directions du front d’onde d’un
faisceau (𝑘⃗) et de la propagation de l’énergie du faisceau (donnée par le vecteur de
Poynting : Π⃗). Il est donnée par la dérivée de l’indice par rapport à l’angle 𝜃 entre
le vecteur d’onde et l’axe des indices le plus élevé 𝑛𝑒 (𝑛𝑦 dans le plan xy, 𝑛𝑧 suivants
les autres) :

𝛼 = − 1
𝑛𝑒

𝜕𝑛𝑒
𝜕𝜃

(6.4)

Pour un cristal bi-axe comme le BiB3O6, le walk-off est bidirectionnel. Cepen-
dant, la valeur maximale nous suffit pour vérifier que les effets peuvent être négli-
geables.

Dans notre cas, le bleu se propage selon l’axe 𝑛𝑥. Comme il correspond au
minimum de l’indice, sa dérivée est nulle. Il n’y a donc pas de walk-off spatial pour
ce faisceau. En revanche, ce n’est pas le cas du faisceau fondamental à 850 nm.

Pour le fondamental, la polarisation de ce dernier se situe dans le plan yOz. Il
y a donc un effet de walk-off spatial dans ce plan. L’équation 6.4 nous permet de
déterminer l’angle de walk-off spatial qui est de :

𝛼 = 53 mrad (6.5)
L’expression de l’angle nous permet de déterminer l’écart entre deux faisceaux (à

850 nm et 425 nm) superposés à l’entrée du cristal relativement au waist du faisceau.
Ces écarts sont tracés sur la figure 6.5 pour des cristaux de 1, 2 et 3 mm.

Ainsi, le walk-off spatial est un problème pour des waists trop petits. Sur l’ex-
périence, nous avons choisi de fixer le waist du faisceau à 200 µm pour limiter les
problèmes de walk-off spatial. A titre de comparaison, le waist optimal pour une
longueur de cristal de 3 mm, donné par la formule 4.1, est d’environ 15 µm, ce qui
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6.3. Génération de seconde harmonique

Figure 6.5 – Écart relatif entre les faisceaux à 425 nm et 850 nm.

Ti:Sa
76 MHz  |  850 nm
Peak power : 2 kW

PBS

BiB3O6

Lame quart d’onde Lame demi onde

Photodiode

Pin=1,6kW
Pres=16kW

P425=1kW

Beam sampler

Auto relockAsservissement

Piezo

PI

Figure 6.6 – Schéma de la cavité de génération de seconde harmonique.

nous donnerait un écart relatif bien trop grand. Nous avons donc plutôt intérêt à
travailler avec des waists plus importants. Cependant, comme nous allons le voir,
un waist de 200 μm nous permet de négliger le walk-off spatial tout en atteignant
des efficacités de conversions très élevées.

6.3.2 Paramètres de la cavité
Dans cette section, nous allons décrire les paramètres de la cavité de doublage.

Cette section fait naturellement appel aux notions étudiées dans le chapitre 2. Tout
les paramètres de la cavité sont indiqués dans la table 6.4.

Pour pouvoir résonner correctement et ne pas réduire le spectre du faisceau
résonnant (section 2.2.2), la longueur de la cavité doit correspondre à la distance
entre les pulses du laser donnée par le taux de répétition du laser. Ce dernier, de
76 MHz, conduit à une longueur d’environ 3.95 m.

Afin d’effectuer un seul passage par tour dans les cristaux et de diminuer les
pertes par GSH, nous avons choisi d’utiliser une configuration en papillon (figure
6.6). Pour limiter les problèmes d’ellipticités qui se posent lorsque l’on utilise des
miroirs concaves, il nous faut avoir des angles d’incidences très faibles. Nous avons
choisi des angles d’incidence d’environ 4°. Pour que la cavité résonne, il faut empê-
cher le faisceau de diverger. Pour cela deux miroirs concaves de rayons de courbures
R=1 m ont été choisis. Les conditions de stabilités déterminées grâce à la formule
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Figure 6.7 – Stabilisation en fonction de la distance entre les miroirs concaves. La
cavité est stable si le paramètre m est compris entre les valeurs -1 et 1. Ici l’angle
d’incidence sur les miroirs concaves est fixé à 4°.

2.4 sont tracées sur la figure 6.7, pour les faisceaux du plan sagittal et tangentiel.
Ces miroirs ont l’avantage d’être stables pour n’importe quelle longueur entre les
deux miroirs concaves (tant que 𝐿m est plus petit que la distance entre nos pulses),
ce qui nous permet de faire varier facilement le waist de la cavité.

Le cristal de BiB3O6 est placé à équidistance des miroirs concaves, sur une
monture ayant 4 degrés de libertés : 3 angulaires et un selon le trajet du faisceau.
Le miroir concave après le cristal est un miroir dichroïque réfléchissant le faisceau
pompe à 850 nm tout en ayant un coefficient de transmission supérieur à 98% pour
le faisceau à 425 nm, ce qui nous permet d’extraire le faisceau doublé.

Paramètres de l’asservissement
Comme nous l’avons décrit dans le chapitre 2 section 2.3, la méthode utilisée pour

asservir la phase de la cavité est la méthode d’Hansch et Couillaud (Hansch and
Couillaud, 1980). Le signal d’erreur est obtenu en faisant la différence des photo-
courants de deux photodiodes (utilisées pour l’asservissement de la phase dans la
section 4.7). Le signal est ensuite envoyé dans un contrôleur PI (figure 6.8). Le
signal de contrôle est ensuite envoyé dans un amplificateur Piezo Drive PDL200,
dont le signal de sortie est appliqué sur une cale piezo-électrique PI PD120.31 sur
laquelle est collé un des miroirs concaves. Ces dernières sont plus courtes que celles
utilisées pour l’asservissement de la phase décrit dans la section 4.7 (2.5 mm contre
8.5 mm), ce qui diminue la capacité de la piezo et augmente la bande passante de
l’asservissement, rendant la cavité plus stable.

L’autorelock
La cavité de doublage de fréquence est le premier bloc de l’expérience ; ainsi, sa

stabilité est déterminante. Mais quand on travaille sur l’expérience, une multitude
d’évènements viennent perturber la stabilité de la cavité et conduisent à la perte de
l’asservissement (la chute d’un pied, d’une clé à Allen, un étudiant qui s’énerve un
peu trop fort, etc...).

Afin de ne pas avoir à relancer constamment le circuit d’asservissement, un petit
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Figure 6.8 – Schéma du circuit d’asservissement utilisé pour la cavité de doublage
ainsi que la cavité OPA. Le circuit est composé de quatre parties, un étage de
gain, puis une partie intégrateur et proportionnel, enfin la dernière partie permet
de changer la polarisation du signal. En bas : schéma de l’autorelock, ce dernier
détecte le moment où la cavité n’est plus asservie et relance l’asservissement en
court-circuitant l’intégrateur pendant un temps court.

circuit électronique a été fabriqué (figure 6.8). Ce dernier est tout d’abord constitué
d’une photodiode qui regarde une partie du signal réfléchi par la cavité. Lorsque la
cavité est asservie, les pulses sont transmis dans la cavité ; la puissance réfléchie par
le miroir d’entrée est donc faible. En revanche, lorsque la cavité n’est plus asservie,
ce n’est plus le cas. Le signal mesuré par la photodiode lorsque l’on balaye la lon-
gueur de la cavité est tracé sur la figure 6.9(a). Les minimums correspondent aux
moments où la puissance incidente est transmise dans la cavité. Ils représentent les
positions où l’on asservit la cavité. Le circuit compare la tension de la photodiode
avec une tension seuil variable (en traitillés sur la figure 6.9(a)). Lorsque cette ten-
sion est dépassée, l’AOP change de régime (Vs = −15 V → Vs = +15 V). Un filtre
passe-haut transforme cette tension en un pulse qui est envoyé sur un transistor. Ce
dernier laisse passer le courant d’un circuit relay-reed. Le relay-reed court-circuite
ainsi l’intégrateur pendant un temps court, ce qui à pour effet de relancer l’asser-
vissement.

Ainsi, l’asservissement se relance tout seul sans que l’utilisateur n’ait besoin de
faire quoi que ce soit. Sur la figure 6.9(b), nous avons tracé le signal d’erreur ainsi
que la puissance résonante dans la cavité lorsque l’asservissement est perdu.. Ce
dernier est récupéré en quelques dizaines de millisecondes grâce à notre circuit.

Ce petit circuit, baptisé l’autorelock, est d’une utilité impressionnante et nous
permet de travailler sans avoir à s’occuper des différentes cavités. Cependant, l’au-
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(a)
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Figure 6.9 – (a) : signal mesuré par l’autorelock lorsque l’on balaye la longueur
de la cavité. Traitillés : tension seuil qui déclenche l’autorelock. Les petits pics
de transmissions correspondent à des modes de résonance de la cavité autre que le
TEM00, (b) : effet de l’autorelock. On perd l’asservissement en donnant un coup sur
la table. L’aurorelock court-circuite l’asservissement et le relance. L’asservissement
est récupéré après quelques dizaines de ms.

torelock est parfois capricieux et ne relance pas correctement l’asservissement. Un
coup donné sur la table d’expérience suffit à repasser sur un pic de résonance et
permet de relancer l’autorelock.

6.3.3 Paramètres expérimentaux de la cavité
Efficacité de conversion

Comme nous l’avons vu dans la section 2.1.3.3, afin de maximiser la puissance
intra-cavité, il faut que les pertes de la cavité soient égales à la transmission du
miroir d’entrée de la cavité. Les pertes ont plusieurs origines : elle peuvent provenir
d’un miroir qui ne réfléchit pas totalement la lumière, de l’absorption du cristal ou
encore de la génération de seconde harmonique.

Les « pertes » liées à la GSH sont celles que l’on veut optimiser. Mais ces der-
nières ne sont pas fixes, elles dépendent de la puissance résonante, ce qui complique
les réglages :

- si l’on choisit un miroir d’entrée avec transmission trop importante, la puis-
sance résonante sera faible, de même pour le doublage de fréquence. Ainsi
les pertes liées au doublage n’égaliseront pas la transmission du miroir d’en-
trée. La transmission de la cavité sera donc faible, tout comme le doublage de
fréquence.

- si la transmission du miroir d’entrée est faible, les pertes par GSH doivent
être faibles. Or une faible transmission implique une grande finesse, ce qui
conduit à de fortes puissances résonantes et ultimement de forts effets non-
linéaires. Si ces derniers sont trop importants, les « pertes » par GSH seront
plus grandes que la transmission du miroir d’entrée. Le résultat final sera
identique au premier cas : la puissance transmise à la cavité sera faible tout
comme les effets non-linéaires.
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Figure 6.10 – Efficacité de conversion de la GSH en fonction de la longueur des
cristaux pour différents miroirs d’entrées.

Il est donc compliqué de déterminer à l’avance les pertes de la cavité. Pour cela,
nous disposons d’un jeu de miroirs d’entrées avec des transmissions différentes :
R=85, 90, 95 et 98%. En jouant avec ces miroirs et la longueur des cristaux, ils
nous est possible d’optimiser l’efficacité de conversion de notre cavité.

Les efficacités de conversion obtenues sont données par la figure 6.10. Comme
on peut le voir, l’efficacité maximale est d’environ 60%. Elle est obtenue pour des
cristaux de 2 mm et 3 mm avec un miroir d’entrée qui réfléchit 95% de la lumière.

Si l’on augmente la finesse de la cavité (R=98%), alors l’efficacité obtenue avec
les cristaux de 2 mm et 3 mm diminue, ce qui nous montre que les pertes de la
GSH deviennent trop importantes. Comme le cristal de 3 mm est plus long, il créé
plus de pertes par effets non-linéaires, ce qui accroît le désaccord et diminue plus
fortement l’efficacité. En revanche, le cristal de 1 mm conduit à une augmentation
de l’efficacité. Ce cristal étant moins long, l’efficacité de conversion pour une puis-
sance donnée est plus faible. Augmenter encore la finesse devrait nous permettre
d’augmenter l’efficacité de conversion avec ce cristal mais nous ne possédons pas de
miroir pour le vérifier.

Les mesures pour les miroirs avec des réflexions plus faibles n’ont pas été réalisées
car les efficacités deviennent trop faibles.

La configuration retenue est celle avec le miroir R=95% et un cristal d’épaisseur
e=2 mm. L’utilisation du cristal de 2 mm a été préférée afin de diminuer les effets
liés au walk-off spatial ainsi qu’à la GVM. En optimisant tous les paramètres, une
efficacité de 71 ± 3 % a été atteinte dans le laboratoire. Une telle efficacité conduit
à une puissance du faisceau doublé d’environ 260 mW donnant une puissance crête
de 1.1 kW. Tous ces paramètres sont résumés dans la table 6.4.

Étude des caractéristiques spatio-temporelles du faisceau
Nous étudions maintenant la qualité du faisceau obtenu par doublage de fré-

quence. Sur la figure 6.11, nous avons tracé les spectres en entrée et en sortie de
cavité GHS. Les largeurs à mi-hauteur des spectres sont : Δλ425 = 0.09 nm et
Δλ850 = 0.24 nm.

Malheureusement, il nous est impossible de mesurer la largeur temporelle des
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Cristal BiB3O6

Distance entre les miroirs concaves
(L𝑚) 1.13 m

Rayons de courbures (𝑅𝑐) 1 m
Réflexion du miroir d’entrée (𝑅𝐼𝐶) 95 %

Finesse ∼ 61

Configuration du cristal colinéaire
e + e → o

Épaisseur du cristal (𝑒𝑐) 2 mm
Waist de la pompe (w𝑓𝑜𝑛𝑑) 200 µm

Puissance du fondamental (P𝑓𝑜𝑛𝑑) 370 mW
Puissance crête (P𝑝,850) ∼1.6 kW

Puissance de du faisceau doublé(P425) 260 mW
Puissance crête (P𝑝,425) ∼1.1 kW

Efficacité 70 %
Δ𝜆850 0.24 nm
Δ𝜆425 0.09 nm
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Table 6.4 – Résumé des paramètres de la génération de seconde harmonique en
cavité.

(a) (b)

Figure 6.11 – Spectres du faisceau fondamental (a) et du faisceau obtenu par dou-
blage de fréquence (b). Le fait que les longueurs d’ondes centrales ne respectent pas
la conservation de l’énergie est dû à la calibration des instruments. Deux analyseurs
de spectres optiques différents ont été nécessaires pour faire ces mesures.
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BiB3O6

Coupleur de fibre

Miroir “flippable”
R=90% R=95%

Figure 6.12 – Schéma de la mesure des effets de sous-cavités. Le faisceau est
couplé dans une fibre en entrée et en sortie de cavité. Cette fibre est envoyée vers
un analyseur de spectre optique.

pulses bleus produits, ce qui nous empêche de caractériser proprement notre faisceau
doublé. Ceci est lié à un manque de puissance. Pour mesurer la largeur temporelle
d’un pulse avec des faibles longueurs d’ondes, 425 nm dans notre cas, il nous faut
faire de la différence de fréquence entre les faisceaux fondamental et doublé. Malheu-
reusement, nous ne pouvons pas avoir de fortes puissances dans les deux faisceaux,
ce qui rend la mesure impossible.

Pour ce qui est du profil spatial du faisceau, comme attendu, la cavité agit
comme un filtre, et l’ellipticité du faisceau doublé de 95% est bien meilleure que
celle du faisceau à 850 nm de 85% seulement. Cela nous permet aussi de vérifier que
les problèmes de walk-off spatial sont bien négligeables. On peut noter qu’avec le
cristal de 3 mm, l’ellipticité était légèrement plus faible (85-90%), le walk-off spatial
n’était donc pas négligeable.

6.3.4 Les effets de sous-cavités
Dans cette section, nous allons aborder les problèmes liés au effets de sous-

cavités dont la théorie a été abordée dans la section 2.2.3. Le principe de ces effets
est relativement simple : une lame de verre agit comme une cavité. Si cette dernière
possède un traitement anti-reflet sur ses deux faces, les effets de cavités sont négli-
geables. En revanche, si cette lame est placée à l’intérieur d’une cavité, les effets de
la lame sont accentués. Même des coefficients de réflexions inférieurs à 1% peuvent
conduire à des effets visibles sur le spectre du faisceau résonnant dans la cavité. Sur
l’expérience, c’est le cristal qui agit comme une lame de verre.

Détection du problème
Ce problème a été détecté en regardant le spectre d’une fuite d’un des miroirs de

la cavité. Nous souhaitions initialement recycler une partie du faisceau fondamental
une fois que ce dernier ait été filtré spatialement par la cavité. Pour nous assurer
que le spectre n’était pas détérioré par la GSH, nous avons mesuré le spectre en
sortie. Ce spectre, tracé sur les figures 6.13 (a) et (b) en traitillés, était fortement
« modulé » .

La fuite est obtenue en remplaçant un des miroirs de la cavité par un miroir
qui transmet 5% de la lumière incidente. Afin de maintenir l’adaptation des pertes
de la cavité, nous avons changé le miroir d’entrée : le coefficient de réflexion est de
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(a) (b)

Figure 6.13 – Effets de sous-cavités dans la cavité de doublage. Pour chaque figure
le spectre en entrée et en sortie de cavité sont représentés. Le spectre théorique
attendu, calculé à partir du spectre incident, est représenté par une ligne continue.
(a) absence du doublage de fréquence, l’accord de phase est détruit par rotation du
cristal, (b) présence du doublage de fréquence.

90% (figure 6.12).

Simulation
Nous pouvons ainsi mesurer dans deux cas différents le spectre en entrée de cavité

ainsi que le spectre transmis par la fuite. Dans un cas, nous avons détruit l’accord
de phase de la cavité en tournant le cristal ; dans le deuxième, l’accord de phase est
maintenu. Pour chaque cas, nous avons pris le spectre en entrée de la cavité, puis
nous lui avons appliqué la fonction de transfert théorique (donnée par la formule
2.13). Nous obtenons ainsi le spectre attendu en sortie de cavité. Les spectres sont
représentés en continu sur les figures 6.13 (a) et (b).

Il est important de noter que le seul paramètre ajustable du calcul est la po-
sition du cristal. Cette dernière fixe la phase à l’origine des « modulations » du
spectre. Les autres paramètres : coefficients de réflexion des miroirs et des faces du
cristal, longueur effective du cristal, sont les valeurs théoriques des optiques utili-
sées. Comme on peut le voir, la théorie explique très bien les oscillations observées
sur le spectre de sortie du cristal. On remarque cependant que le spectre mesuré
expérimentalement est légèrement plus fin que celui attendu. Cette réduction du
spectre peut avoir deux origines possibles :

- un léger offset entre la longueur de la cavité et le taux de répétition du laser
aurait pour effet de diminuer la largeur du spectre résonant dans la cavité
(voir la section 2.2.2),

- le faisceau en entrée de cavité est très intense. Si l’expérimentateur n’a pas
placé une densité assez élevée à l’entrée de la fibre qui permet d’amener le
faisceau dans l’analyseur de spectre, alors le spectre mesuré peut se retrouver
légèrement étalé par des effets d’auto-modulation de phase. Ces derniers, lors-
qu’ils sont faibles, élargissent les « pattes » du spectre du faisceau traversant
la fibre.
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6.3. Génération de seconde harmonique

Figure 6.14 – Représentation du doublage de fréquence.

Discussion
Nous avons donc compris l’origine de ses effets de modulation du spectre du

faisceau résonnant dans la cavité. Cependant, ce qui nous intéresse ici, c’est de
connaître les conséquences de ces effets sur le spectre du faisceau bleu, et finalement
sur le spectre des photons produit par l’OPA.

Pour cela, il nous faut regarder un peu plus précisément le mécanisme de géné-
ration de seconde harmonique pulsée. Les pulses du faisceau fondamental sont des
peignes de fréquences, tout comme les pulses doublés en fréquences. Cependant,
une dent du peigne du faisceau à 425 nm, de fréquence νn,425, n’est pas uniquement
la résultante du doublage en fréquence de la dent de fréquence νm,425 = 2νn,850 du
fondamental (ce qui, par ailleurs, doublerait notre taux de répétition).

En réalité, les deux photons qui somment leurs fréquences peuvent provenir de
n’importe quelles dents du spectre du fondamental. Ainsi, si on adopte une vision
classique de la GSH, la dent νn,425, est la résultante de la somme de deux photons
provenant des dents νn,425/2 − pνrep et νn,425/2 + pνrep, où p ∈ N. On comprend
donc bien que la modulation du spectre du fondamental va donc être gommée par
la GSH. Comme on peut le voir, sur la figure 6.11(b), les oscillations du spectre ne
sont pas présentes sur le spectre doublé.

De la même façon, le spectre des photons produits par la cavité OPA qui fera
l’objet de la prochaine section, ne sera pas affecté par ce problème.

6.3.5 Conclusion

Dans cette section, nous avons étudié la réalisation d’une cavité afin d’accroître
l’efficacité de la GSH. Une efficacité de 71 % a été atteinte avec une cavité de
faible finesse (F�60). Cependant, la puissance crête du faisceau doublé de 1.1 kW
reste faible par rapport à la puissance crête de 8 kW de l’ancienne configuration
à 800 kHz. Il a donc été décidé de construire une autre cavité afin d’atteindre les
mêmes puissances crêtes que l’ancienne configuration, voir même supérieures.
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6.4 La cavité OPA
Dans cette section, nous allons aborder la construction d’une cavité qui nous

permet de faire résonner le faisceau doublé à 425 nm. En plaçant de nouveau un
cristal au point focal de cette cavité, nous pouvons accroître la puissance traversant
le faisceau, et par conséquent augmenter le taux de production de nos photons
uniques. L’objectif de cette cavité est d’atteindre des puissances crêtes au moins
égales à celle de l’ancienne configuration, à savoir ∼ 8 kW.

Un schéma de la cavité est représenté sur la figure 6.15, son implémentation sur
la figure 6.1.

PBS

BiB3O6

Lame quart d’onde Lame demi onde

Photodiode

Beam sampler Auto relock

Asservissement

Piezo

Pin=1,1kW
Pres=44kW

PI

Sonde Idler
Pf

Figure 6.15 – Schéma de la réalisation de la cavité OPA.

6.4.1 Paramètres de la cavité
Les paramètres de la cavité sont globalement identiques à ceux de la cavité GSH

présentés dans la section précédente :

- la phase est asservie avec la méthode Hansch et Couillaud,

- le PI utilisé est identique à celui de la cavité GSH (figure 6.8),

- le signal de correction est amplifié par un amplificateur Piezo Drive PDL200,
il est ensuite appliqué sur une piezo (PI PD120.31) sur laquelle est collée un
miroir concave (figure 6.15),

- les deux miroirs concaves ont des rayons de courbures de 1 m,

- nous disposons de 4 miroirs dichroïques avec des coefficients de réflexions de
90 %, 93 %, 96 %, 98 %. Ces derniers nous permettent de contrôler correcte-
ment les pertes ainsi que la puissance résonante.

Afin de maximiser la bande passante de la cavité, le miroir collé sur la cale
piezo électrique a été taillé par le laboratoire d’optique de l’institut. Nous avons pu
réduire ainsi la masse du miroir d’un facteur 5. Une photo du miroir est représentée
sur la figure 6.16.
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6.4. La cavité OPA

Figure 6.16 – Photo du miroir taillé par l’atelier d’optique de l’institut. Le miroir
est collé sur une calle piezo électrique. La calle est elle même collée sur un support
de 1 pouce afin de pouvoir être fixée dans une monture de miroir.

6.4.2 Puissances résonantes
Par rapport à la cavité de doublage de fréquence, la cavité OPA possède un

avantage précieux. Les pertes liées aux effets non-linéaires sont extrêmement faibles.
Les états produits par un pulse ne contiennent que quelques photons tout au plus,
ce qui est complètement négligeable devant le nombre de photons en entrée de cavité
(∼ 1010 photons par pulse).

Les pertes par tour de la cavité sont donc très faibles, elles sont uniquement
dues à l’absorption du cristal et aux transmission des miroirs. Nous pouvons donc
travailler avec des finesses élevées.

La puissance résonante est déterminée en mesurant la fuite d’un des miroirs de
la cavité (figure 6.15), la transmission de ce miroir pour la polarisation p est de
0.2 ± 0.02 %. Nous avons choisi d’utiliser une polarisation p pour le faisceau bleu
afin de produire des photons uniques de polarisation s, les traitements étant plus
efficaces pour la polarisation s.

La puissance crête maximale atteinte à l’intérieur de la cavité est de 48 ± 5 kW
(∼ 11 ± 1 W en puissance continue), ce qui nous donne une amplification de la
puissance traversant le faisceau d’un facteur 44. Cette puissance a été atteinte en
utilisant un miroir d’entrée avec un coefficient de réflexion : R=98 %.

Grâce à une lame λ/2 combinée à un polariseur en amont de la cavité, il est
possible de varier la puissance résonante de façon continue. Cependant, si l’on veut
travailler avec des puissances continues de quelques watts, il peut être avantageux
de remplacer le miroir en entrée de cavité afin de diminuer la finesse de la cavité.
Cela permet d’accroître la stabilité de la cavité et de diminuer la sensibilité de
la cavité à un désaccord de longueur. Nous travaillons donc généralement avec un
miroir d’entrée de reflexion R=96 %.

Les paramètres de la cavité OPA sont résumés dans la table 6.5.

6.4.3 Alignement de la sonde
Utilisation du BiB3O6 en configuration non-colinéaire

Tout comme nous l’avons fait dans l’expérience de génération des états chats, nous
utilisons le cristal de BiB3O6 en configuration non-colinéaire. Pour cela, il suffit de
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Chapitre 6. Source de photon haute cadence

Figure 6.17 – Angle entre l’idler et la pompe 𝛽𝑖𝑑𝑙 en fonction du tilt du cristal 𝜃𝑐.

tilter légèrement le cristal, selon l’axe extraordinaire. Si l’on change l’orientation
dans le bon sens, l’indice optique augmente pour la polarisation verticale (polari-
sation des photons uniques). Afin de satisfaire la conservation de l’impulsion, les
photons sont émis dans deux directions différentes. La figure 6.17(a) représente
l’angle entre la sonde et le faisceau pompe à 425 nm : 𝛽𝑖𝑑𝑙, en fonction du tilt du
cristal : 𝜃𝑐. L’angle d’émission 𝛽𝑖𝑑𝑙 est donné par la formule :

𝛽𝑖𝑑𝑙 = arccos
⎛⎝𝑛425

⎯⎸⎸⎷𝑐𝑜𝑠2𝜃𝑐
𝑛2
𝑦,850

+ 𝑠𝑖𝑛(𝜃𝑐)2

𝑛2
𝑧,850

⎞⎠ (6.6)

Optimisation du waist par interférences
L’optimisation de la puissance du faisceau idler nous permet de trouver la bonne

direction du faisceau sonde ainsi que le bon mode temporel. En revanche, la puis-
sance de l’idler ne nous permet pas de déterminer si le waist de la sonde est bon ou
pas.

Pour cela, la méthode utilisée par mes prédécesseurs (Etesse, 2014) consistait à
optimiser les oscillations paramétriques en régime colinéaire. Une fois le waist opti-
misé il nous faut repasser en configuration non-colinéaire, ce qui est assez compliqué.
Dans notre cas, la configuration linéaire nécessite de placer un miroir dichroïque
dans la cavité, ce qui complique fortement l’alignement.

Il a donc été choisi de développer une nouvelle méthode permettant de trouver les
paramètres optimaux de la sonde. Le tout en configuration non colinéaire. L’idée de
cette méthode est relativement simple. Dans le cas idéal, la sonde et l’idler possèdent
exactement le même mode à ceci près que les directions sont légèrement différentes.
Ainsi, la valeur du contraste des interférences entre les deux faisceaux nous permet
de déterminer si les deux faisceaux possèdent le même mode spatial.

Dans le cas où le waist de la sonde est plus gros que celui de la pompe, le waist de
l’idler sera « limité » par celui de la pompe. Les waists des faisceaux sonde et idler
seront donc différents, conduisant à un faible contraste. Une réduction du waist de
la sonde mènera à une augmentation du contraste, jusqu’au moment où le waist de
la sonde sera trop petit par rapport à celui de la pompe. A partir de cet instant, le
waist de l’idler ne dépendra plus que de la sonde. Les waists seront donc similaires,
donnant un bon contraste qui saturera si l’on diminue encore le waist de la sonde.
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Cristal BiB3O6

Distance entre les miroirs concaves
(Lm) 1.13 m

Rayons de courbures (Rc) 1 m
Réflexion du miroir d’entrée (RIC) 96 − 98 %

Finesse 77 − 155
Configuration non-colinéaire

Épaisseur du cristal (ec) 1 mm
P incident à 425 nm (Pin) ∼ 200 mW

P crête incident425 nm (Pp,in) ∼0.9 kW
Waist de la pompe à 425 nm (wpompe) 200 μm

Puissance résonante(Pres) 11 W
Puissance crête (Pp,res) ∼44 kW

Waist de la sonde (wsonde) 75 μm
Puissance de la sonde Psonde 1 mW
Puissance de la l’idler Pidler 100 μW
Contraste sonde/idler Cs/i 94 %
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Table 6.5 – Résumé des paramètres de l’OPA.

Figure 6.18 – Contraste entre l’idler et la sonde en fonction du waist de la sonde.
Le waist de la pompe est de 130 μm.
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Chapitre 6. Source de photon haute cadence

Figure 6.19 – Puissance de l’idler en fonction du temps pour des puissances de
pompes allant de 0.9 W à 11 W. L’asservissement de la cavité est lancé à T≃0. Le
brusque changement de puissance à 10 W est causé par la perte de l’asservissement
de la cavité.

La valeur du contraste entre l’idler et la sonde est tracée sur la figure 6.18. Le
waist de la pompe est fixé à 130 µm. On peut voir que le contraste sature à 94 %
pour des waists plus faibles que 75 µm. C’est donc ce waist qui a été finalement
choisi. Comme le waist des photons produits par émission spontanée est donné par
le waist du faisceau pompe, il est important de ne pas prendre des waists plus petits
qui donneraient de fausses informations sur le profil spatial des photons.

Les résultats de cette nouvelle méthode d’alignement seront déterminés par la
qualité des photons produits par ce cristal, ce qui fera l’objet de la section suivante.
Les paramètres finaux de l’alignement de la sonde sont résumés dans la table 6.5.

6.4.4 Les effets thermiques
Observation

Une fois l’alignement de la sonde optimisé , nous avons observé un problème de
stabilité de la puissance de l’idler. Cette dernière augmente et se stabilise après
quelques secondes (figure 6.19). Ce comportement semble indiquer la présence d’ef-
fets thermiques dans notre cristal. En chauffant, les indices du cristal varient et
changent nos conditions d’accord de phase.

La sonde est alignée une fois l’équilibre thermique atteint, ce qui explique que
la puissance de l’idler augmente. Lorsqu’on lance l’asservissement de la cavité, le
cristal est froid, et donc l’accord de phase n’est pas optimal. Une fois que la puissance
augmente, le cristal chauffe jusqu’à se stabiliser à une certaine température.

Les effets thermiques ne sont pas forcément problématiques. Si l’échauffement
de température est global, c’est à dire que la température du cristal reste homogène,
cela ne pose pas de problème. En revanche, si la température n’est pas homogène,
et que l’on observe un changement de température locale au niveau du passage du
faisceau pompe, la distribution des indices est non-homogène, ce qui conduit à des
effets de lentilles thermiques. Bien qu’ils ne soient pas catastrophiques ces effets
peuvent compliquer l’alignement de l’expérience.
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Figure 6.20 – Évolution du waist de l’idler en fonction de la puissance résonante
dans la cavité OPA. Le waist est mesuré après que le faisceau soit collimaté par une
lentille de focale f = 500 mm.

Simulation
Dans un premier temps, nous avons commencé par étudier le waist du faisceau

idler en fonction de la puissance résonante. S’il y a présence d’effets thermiques
locaux, alors le waist de la sonde devrait varier. Pour cela nous avons mesuré le
waist de l’idler après que celui-ci soit collimaté par une lentille de distance focale
f=500 mm. Les résultats sont représentés sur la figure 6.20.

On remarque bien une légère augmentation du waist en fonction de la puis-
sance résonante. Cependant cette variation reste très faible (<1 %), ce qui semble
confirmer le caractère homogène de la température.

Afin de vérifier cela nous avons effectué des simulations numériques. Elles consistent
à résoudre l’équation de diffusion de la chaleur avec une source de chaleur matéria-
lisée par le faisceau pompe résonnant dans la cavité.

Pour réaliser les simulations, il nous faut connaître les conditions aux limites du
cristal. Ce n’est malheureusement pas le cas, de plus les simulations réalisées ne per-
mettent pas de contrôler les échanges thermiques aux bords du cristal. Cependant,
l’étude du cristal isolé est suffisante pour comprendre ce qui se passe dans notre cas.
Les simulations consistent à résoudre l’équation de la diffusion de la chaleur dans
notre cristal avec un terme source correspondant à notre faisceau pompe. Pour bien
observer les effets thermiques, les simulations ont été réalisées dans le cas le plus
défavorable : soit une puissance résonnante de 10 W.

La figure 6.21 représente la température en fonction du temps selon l’axe des y
du cristal (l’axe horizontal et orthogonal à la propagation du faisceau). Comme on
peut le voir, l’évolution de la température comporte deux phases.

- une première phase où l’on observe la construction du profil de température
du cristal. La température est légèrement plus élevée au centre en raison de
la présence du faisceau pompe.

- le deuxième régime correspond à une augmentation constante de la tempé-
rature du cristal. Cette dernière augmente de façon linéaire et cela jusqu’à
l’infinie. Comme nous avons considéré le cristal comme isolé, ce dernier ne
peut pas évacuer la chaleur acquise par absorption et voit donc sa tempéra-
ture augmentée.
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L’évolution de la puissance de l’idler est plutôt de l’ordre de 4 s. Ce que l’on
observe semble donc être dû à une évolution globale de la température du cristal.
Sur l’expérience, cette dernière s’arrête car notre cristal n’est pas isolé de l’environ-
nement.

La présence de ces deux phases est un phénomène bien connu : la première
phase est liée à la conduction thermique du cristal que l’on chauffe, elle caractérise
l’homogénéité de la température dans le cristal. Une bonne conduction thermique
donne un profil de température uniforme : le cristal distribue rapidement la chaleur.
La deuxième, est liée à la qualité du contact thermique entre le cristal et le milieu
extérieur, elle caractérise la température moyenne du cristal.

La simulation nous permet d’avoir une estimation du temps caractéristique de
l’évolution de la température du cristal. Sur la figure 6.21(b), nous avons tracé le
profil de température en fonction du temps au centre du cristal. Comme on peut le
voir la première phase de l’évolution de la température 𝑡1 est extrêmement rapide :
de l’ordre de 20 ms.

L’évolution de la puissance de l’idler étant beaucoup plus lente, nous observons
donc bien une augmentation de la température global du cristal. Le fait qu’elle
soit beaucoup plus lente que 𝑡1, nous indique que la température globale du cristal
augmente fortement (entre 5 et 15 K). L’écart de température entre le bord et le
centre, lié à la phase 1, est du même ordre de grandeur : ∼5 K. Cependant, si l’on
regarde les variations à l’échelle du waist du faisceau pompe (130 µm), elles sont
de 0.5 K. Ces variations sont donc plus faibles que celle de la température moyenne
du cristal, elles permettent d’expliquer les variations du waist en fonction de la
puissance résonante de la figure 6.20 par effet de lentille thermique.

Conclusion
Les simulations nous indiquent que les effets thermiques à l’intérieur du cristal

sont principalement du à une hausse global de la température. Expérimentalement,
ils suffit donc d’attendre quelques secondes avant d’optimiser l’alignement de la
sonde. Cependant, lorsque l’on fait varier la puissance du faisceau pompe, on observe
un faible changement du waist du faisceau idler. Cette variation provient d’un effet
de lentille thermique causé par le profile non uniforme de la température. Si les
fluctuations du waist sont faibles, il nous faut tout de même changer les paramètres
de la sonde et de l’oscillateur local lorsque l’on change de puissance. Il est donc
préférable travailler à puissance constante.

Ces petits soucis pourraient être réglés en plaçant simplement le cristal dans
une monture en cuivre avec une pointe de patte thermique afin de favoriser les
transferts et de limiter l’échauffement du cristal. On peut aussi faire un système
d’asservissement de la température avec un Peltier, mais cette solution est plus oné-
reuse. Toutefois, ces solutions n’influenceront pas l’homogénéité de la température.
Cette dernière est liée à la conduction thermique de notre cristal. Il est générale-
ment possible d’augmenter la conduction d’un matériau en diminuant fortement sa
température (avec de l’azote liquide par exemple). Cependant, cette solution est
encombrante, et surtout non-nécessaire pour notre expérience.
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Figure 6.21 – Évolution de la température du cristal en fonction du temps et de
la position selon l’axe y du cristal (a), au centre du cristal (b). (c) évolution de la
température en fonction de la position selon l’axe des y, y=0 correspond au centre
du cristal.

6.4.5 Conclusion

Dans cette section, nous avons étudié la mise en place de la cavité OPA qui nous
permet de faire résonner le faisceau à 425 nm obtenu grâce à la cavité GSH. Des
puissances résonantes de l’ordre de 10 W ont été atteintes à 425 nm. Nous avons aussi
développé une nouvelle méthode qui nous permet de déterminer le waist optimal de
la sonde. Une étude rapide des effets thermiques nous a permis de comprendre leur
origine ainsi que leurs conséquences.

Maintenant que nous avons construit les deux cavités optiques, ils nous faut
regarder la qualité des photons produits ainsi que leur taux de production.

6.5 Génération d’état de Fock

6.5.1 Introduction

Dans ce chapitre, nous allons étudier la qualité des photons produits par notre
protocole. L’expérience réalisée est très similaire à celle du chapitre précédent. On
peut trouver un schéma simplifié de l’expérience sur la figure 6.22. L’implémentation
expérimentale peut être trouvée sur la figure 6.1.

Le principe de l’expérience est globalement identique à celui du chapitre 4. Il
peut être séparé en 6 points distincts (figure 6.22) :
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Figure 6.22 – Schéma de l’expérience de génération des états de Fock à un et deux
photons. F : filtrage spectral ; Pol : polariseur

• � : le Laser, dont le changement de configuration à 76 MHz a fait l’objet de
la section 6.2,

• � : la cavité GSH et le passage au BiB3O6 , qui font l’objet de la section 6.3,

• � : la cavité OPA (section 6.4)

• � les APDs. Le filtrage spectral et spatial est resté identique à ceci près que
nous avons ajouté une lame semi-réfléchissante suivie de deux APDs, ce qui
nous permet de détecter des évènements à deux photons,

• � : une cellule de Pockels qui nous permet de diminuer le taux de répétition
du laser. Le processus sera détaillé dans la prochaine section.

• 	 : la détection homodyne, qui est une des deux détections qui étaient utilisées
pour la génération des états chats.

Comme seule la partie sur la cellule de Pockels est nouvelle, nous ne détaillerons
que cette dernière. Une petite amélioration a été cependant apportée à l’expérience.
Les puissances crêtes sur l’expérience étant plus faible, nous avons pu faire passer
une petite partie du faisceau à travers une fibre très courte (∼ 10 cm) sans observer
d’effet non-linéaire. Cela nous permet de filtrer le mode spatial du faisceau. Ce
faisceau servira ensuite pour la sonde et l’oscillateur local. L’implémentation de la
fibre optique est représentée sur la figure 6.1.

Efficacité de détection
L’expérience ayant beaucoup changé, il nous a fallu déterminer de nouveau les

pertes de notre mesure avec la détection homodyne. L’efficacité quantique des pho-
todiodes déterminées dans la section 4.6 n’ont pas changé : ηP D = 94 ± 4 %. En
revanche, avec l’utilisation d’une cavité pour faire résonner le faisceau pompe à
425 nm ainsi que l’ajout d’une fibre pour filtrer l’oscillateur local et la sonde, nous
nous attendons à une augmentation du contraste entre idler et l’oscillateur local. Ce
n’est pas la cas. Nous n’avons malheureusement que rarement dépassé un contraste
de 91 %, ce qui nous donne ηOL = 83 ± 1 %.

Le contraste variant d’un jour sur l’autre, notre efficacité de détection varie
légèrement : ηT = 74 − 78 ± 4 %
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6.5.2 Diminution du taux d’analyse
Utilisation de la cellule de Pockels

Dans la section 4.6, nous avons vu que nos détections homodynes ont une bande
passante d’environ 10 MHz, ce qui est bien plus lent que le taux de répétition de
notre laser de 76 MHz, et nous empêche de réaliser toutes mesures d’états quan-
tiques. S’il est possible de développer des détections plus rapides (Zavatta et al.,
2002), leur développement est délicat et il n’est pas garanti que leurs performances
n’en soient pas dégradées. Par contre, le taux d’émission des photons ne dépassera
pas 1MHz, ce qui pourrait parfaitement être suivi par notre détection homodyne
pour peu que les impulsions de l’oscillateur local ne soient envoyées qu’avec les états
de Fock, ce que peut justement permettre une cellule de Pockels. Il a donc été décidé
de ne pas mettre la priorité sur le développement d’une détection homodyne rapide,
et de plutôt limiter la fréquence de l’oscillateur local avec une cellule de Pockels.
Dans ce chapitre, cette cellule n’effectuera qu’une simple division de fréquence, ce
qui sera suffisant pour caractériser la qualité des photons émis. Nous verrons dans
le chapitre suivant comment synchroniser cette cellule de Pockels sur l’émission des
photons uniques.

Le principe de la cellule de Pockels est relativement simple : une tension ap-
pliquée ou non à un cristal permet à ce dernier d’agir comme une lame demi-onde
ou une lame d’onde, respectivement. Ainsi, si la polarisation d’entrée est à 45 ° des
axes neutres du cristal, on peut faire tourner la polarisation du faisceau de 90 °
en appliquant simplement une tension sur la cellule. Un polariseur placé en sortie
de cellule nous permet ainsi de laisser passer la lumière ou non, en fonction de la
polarisation, conduisant à une réduction du taux de répétition du laser.

Caractéristique de notre cellule
Pour pouvoir sélectionner les pulses correctement, il nous faut être capable de

changer l’état de la cellule dans un intervalle de temps inférieur à la distance tem-
porelle entre deux pulses, soit ∼ 13 ns. Les tensions à appliquer sur la cellule de
Pockels sont de l’ordre du kilovolt. Des temps aussi courts combinés à des tensions
aussi élevées rendent l’utilisation des cellules de Pockels compliquée, mais surtout
imposante.

La cellule de Pockels utilisée est une cellule composé de deux cristaux de RTP
commandés chez Raicol. Ces dernières possèdent une capacité très faible de 3−4pF,
ce qui les rend très rapides. Mais surtout, elles ont des transmissions très élevées :
T>99 %. Si de telles transmissions ne sont pas nécessaires pour réduire le taux de
répétition de l’oscillateur local, elles seront déterminantes dans le chapitre suivant.

Afin d’appliquer nos tensions sur la cellule, nous utilisons un amplificateur de
la compagnie BME. Ce driver est piloté par une carte PCI BME SG08p, qui nous
permet de synchroniser l’état de notre cellule avec nos pulses. Combiné à notre
cellule, le driver permet de changer l’état de notre cellule en environ 7 ns avec un
taux de répétition pouvant atteindre 10 MHz. Nous pouvons ainsi sélectionner un
seul pulse, et contrôler notre taux de répétition de 0 à 10 MHz.

Implémentation
Un schéma de l’implémentation de la cellule est représenté sur la figure 6.22. Une
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Figure 6.23 – Signal mesuré par une photodiode rapide avant et après la cellule
de Pockels. Comme on peut le voir la cellule nous permet de sélectionner un seul
pulse du laser.

lame demi-onde nous permet de faire tourner la polarisation du faisceau à 45 ° des
axes neutres de la cellule. Ensuite un polariseur nous permet de couper les pulses
dont la polarisation n’a pas été tournée par la cellule de Pockels. Une fois réglée
correctement, la cellule nous permet d’atteindre un coefficient d’extinction mieux
que 1/1000.

Les signaux mesurés par une photodiode rapide avant et après la cellule sont
tracés sur la figure 6.23. Nous avons choisi de nous placer à un taux de répétition
de 1 MHz, ce dernier est largement suffisant pour effectuer nos mesures, et nous
permet aussi de limiter les effets thermiques de la Pockels.

6.5.3 Photon unique
Maintenant que nous avons réduit le taux de répétition de l’oscillateur local,

nous pouvons passer à la caractérisation de nos états.
Les acquisitions de la carte sont déclenchées par une photodiode rapide sur

laquelle est envoyée une partie du signal de l’oscillateur local. A chaque mesure
nous regardons le signal des deux APDs, ce qui nous permet de différencier le cas
où nous avons un photon unique : une seule des deux APDs clique, du cas ou nous
avons deux photons : les deux APDs cliquent simultanément. Si le taux d’analyse est
réduit, nous pouvons toujours obtenir le taux d’annonce en regardant directement
de taux de comptage de nos deux APDs.

Analyse des résultats
La génération de nos états est basée sur la détection de photons et non leur

comptage. Ainsi, pour produire des états de Fock à un photon, la probabilité de
produire des états à plus d’un photons doit être faible. Pour pouvoir s’assurer que
le taux de production de ces états soit négligeable, nous avons effectué des mesures
de photons uniques pour différentes puissances résonantes.

Pour chaque puissance, une acquisition de 5.104 photons a été réalisée, nous
avons ensuite reconstruit la matrice densité de notre état en utilisant la méthode
de maximum de vraisemblance (section 1.3.2.2). Dans chaque cas, la reconstruction
a été effectuée avec et sans correction des pertes.
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Figure 6.24 – Bleu : fidélité des états reconstruit avec corrections des pertes par
rapport à un photon unique parfait, pour différentes puissances intracavité. Rouge :
taux de production des photons (différents du taux d’analyse).

Sur la figure 6.24, nous avons tracé la fidélité entre un photon unique parfait
et la matrice reconstruite avec correction des pertes pour des puissances résonantes
de 0.5 à 7 W. Les barres d’erreurs des fidélités sont déterminées en reconstruisant
la matrice densité avec les valeurs maximales et minimales de notre efficacité de
détection lorsque l’on prend en compte les barres d’erreurs.

La fidélité de nos états atteint 88 %, pour une puissance de intra-cavité PIC �
3.8 W (Pp,IC � 19 kW). De 0.2 à 3.8 W, la fidélité augmente avec la puissance. Ce
comportement à deux explications :

- premièrement, le taux de production augmentant avec la puissance, le taux
de dark counts devient de plus en plus négligeable,

- ensuite, le temps d’acquisition étant beaucoup long lorsque l’on diminue la
puissance intra-cavité, nous sommes donc plus sensibles aux fluctuations de
l’expérience qui viennent réduire la qualité de nos états. A titre d’exemple,
l’acquisition des points pour la puissance la plus faible a pris 2 à 3 min.

Pour des puissances supérieures à 3.8 W, l’origine de la diminution de la fidélité
est différente. Elle est principalement due à l’apparition d’événements à deux pho-
tons dans notre état, dont la proportion n’est plus négligeable. Le fait que les taux
de comptage n’augmentent plus beaucoup s’explique par le fait que nous optimisons
la fidélité des photons uniques en jouant sur le filtrage spectral.

L’histogramme de la distribution optimale (à ∼ 3.8 W) est représenté sur la
figure 6.25(a). La figure 6.25(b) nous donne les éléments diagonaux des matrices
densités corrigées ou non des pertes de détections. La fidélité des états non corrigés
atteint une valeur de 68 % sans correction et 88±4 % avec. Par rapport à l’expérience
précédente, cela correspond à une amélioration de 5 % et 10 % respectivement. Les
fonctions de Wigner (avec et sans correction) sont tracées sur les figures 6.25(c) et
(d). De la même façon, la négativité de la fonction de Wigner est très plus marquée :
-0.12 sans corrections et −0.25 ± 0.02 avec.
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(a)
(b)

(c) (d)

Figure 6.25 – Qualité du photon unique obtenu. (a) distribution des points mesurés
par la détection homodyne ; (b) : éléments diagonaux des matrices densités des
photons uniques corrigés et non-corrigés des pertes ; (c) : fonction de Wigner non
corrigée des pertes ; (d) : fonction de Wigner corrigée des pertes. Sur les deux figures,
la fonction de Wigner d’un photon unique parfait est représentée par une nappe
sombre. Les projections continues représentent les probabilités de distributions selon
les axes X et P. Les traitillés sont les projections d’un photon parfait.

134



6.5. Génération d’état de Fock

Tout comme nous l’avons fait dans le chapitre 5, nous avons déterminé par
maximum de vraisemblance les paramètres δ et σ de notre distribution. Ces valeurs
peuvent être trouvées dans la table 6.6. Cette table résume les caractéristiques des
photons que nous avons produit. Les paramètres obtenus dans le chapitre 4 sont
rappelés pour pouvoir faire la comparaison.

6.5.4 État de Fock à 2 photons

Lorsque nous avons obtenu les premiers photons uniques avec la nouvelle version
de l’expérience, la puissance de la cavité était relativement élevée 5 − 6 W. Après
avoir reconstruit la matrice densité de notre état, nous nous sommes aperçus que
la qualité médiocre de nos photons uniques était due en partie à la présence d’états
à deux photons, le poids de ces derniers étaient de 10 − 15 %. Nous avons donc
décidé de tirer profit de ces « mauvais » résultats qui nous indiquent que le taux
de génération des états à deux photons n’était pas du tout négligeable. Nous avons
donc simplement placé une lame semi-réfléchissante avant l’APD et rajouté une
seconde APD pour détecter la présence des états à deux photons.

Les états de Fock à deux photons sont sélectionnés lorsque les deux APDs dé-
tectent un photon pour le même pulse. Avec notre protocole, l’efficacité de détection
des états à deux photons est encore plus faible que celle des photons uniques (10 %).
Pour détecter les deux photons, il faut dans un premier temps qu’il soit séparé par
la lame semi-réfléchissante, ce qui n’arrive que 50 % du temps. Ensuite, il faut que
les deux APDs détectent les photons. Notre efficacité de détection chute ainsi à
seulement 1 − 3 %.

Malgré cela, les taux d’annonces des APDs restent très élevés : quelques centaines
de Hz en fonction de la puissance. Cependant, la réduction du taux de répétition de
l’oscillateur local réduit notre taux d’analyse à quelques dizaines de Hz. Ces taux
de comptages sont trop faibles pour nous permettre de caractériser notre source
comme nous l’avons fait dans la section précédente.

En optimisant notre filtrage sur la qualité des photons uniques, nous avons
réussi à obtenir un taux de comptage de 800 Hz pour les états à deux photons
avec une puissance intra-cavité de 4.5 W. Nous avons réalisé une acquisition de 104

points. L’histogramme des mesures, les éléments diagonaux ainsi que les fonctions
de Wigner corrigées et non corrigées des pertes sont représentés sur les figures 6.26.

La fidélité de notre état s’élève à 48 % sans correction des pertes et 82 ± 6 %
après correction. Une telle qualité d’état n’a jamais été atteinte avec des variables
continues. Cependant, en raison de nos faibles efficacités de détections, la fidélité
de l’état reconstruit sans correction reste assez faible. La fonction de Wigner de ce
dernier reste cependant légèrement négative : min(W|2〉) = −0.02. Bien entendu, la
négativité augmente après correction des pertes, témoignant de la qualité de notre
état : min(W|2〉) = −0.9 ± 0.02.

Des états de Fock à deux photons ont déjà été produits sur cette expérience
en 2006 (Ourjoumtsev et al., 2006a). En comparaison, la fidélité des états corrigés
des pertes était de 54 % pour un taux d’annonce de 15 Hz(Ourjoumtsev, 2007). Un
modèle similaire à celui des photons uniques a alors été développé afin de carac-
tériser rapidement les état obtenus (Ourjoumtsev et al., 2006a). Il montre que la
distribution obtenue pour un état à deux photons imparfaits ainsi que sa fonction
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(a)
(b)

(c) (d)

Figure 6.26 – Qualité des états de Fock à deux photons obtenue. (a) distribution
des points mesurés par la détection homodyne ; (b) : éléments diagonaux des ma-
trices densités des photons uniques corrigés et non-corrigés des pertes ; (c) : fonction
de Wigner non corrigée des pertes ; (d) : fonction de Wigner corrigée des pertes. Sur
les deux figures, la nappe sombre représente un état de Fock à deux photons par-
faits. Les projections continues représentent les probabilités de distributions selon
les axes X et P, celles en traitillées : celles de l’état idéal attendu.
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de Wigner peuvent s’écrire de la façon suivante :

P|2〉(x) = e− x2
σ2

√
πσ2

[
1 − δ + 3δ2

8 + 4 − 3δ

2
δx2

σ2 + δ2x4

2σ4

]
(6.7)

W|2〉(x, p) = e− x2+y2
σ2

πσ2

[
(1 − δ)2 + 2(1 − δ)δ(x2 + y2)

σ2 + δ2(x2 + y2)2

2σ4

]
(6.8)

où δ et σ sont des paramètres que l’on peut encore déterminer uniquement avec
les moments d’ordres 2 et 4 de nos distributions : V2 et V4. Leur expression est la
suivante :
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(6.9)

Le paramètre δ est encore indépendant de la variance du vide, il peut donc être
directement obtenu sans normalisation comme dans le cas des photons uniques 5.1.
Les valeurs des deltas obtenus grâce à un maximum de vraisemblance entre notre
distribution et la formule 6.7 peuvent être trouvées dans la table 6.6.

Paramètres des photons uniques
Expérience σ δ Nc (Nnc) fprod ηT F Fc

Chat (chap
5) 1.02 1.28 -0.18±0.02

(-0.08) 1 kHz 0.77 63 % 78 %

Cavité 1.02 1.38 -0.25±0.03
(-0.12) 240 kHz 0.74 −

0.77 68 % 88 %

Paramètres des états à deux photons
2006

(Ourjoumtsev
et al., 2006a)

1.14 1.21 -0.03±0.02
(-0.01) 15 Hz 0.7 � 53%

Cavité 1.00 1.32 -0.09±0.02
(-0.02) 800 Hz 0.74 −

0.77 48 % 82 %

Table 6.6 – Résumé des paramètres de la génération des états obtenus avec l’utili-
sation de cavité. Nc, Nnc : négativité de la fonction de Wigner avec et sans correction
des pertes, ηT : efficacité de la détection homodyne, F : fidélité de l’état sans cor-
rection des pertes, Fc : fidélité avec correction. Les valeurs des photons uniques
présentés dans le chapitre 5 sont rappelées à titre de comparaison. Il en est de
même pour les états de Fock à deux photons avec ceux obtenus en 2006 sur notre
expérience.

6.6 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons d’abord vu les détails de la construction de la

cavité de doublage de fréquence. La cavité nous a permis d’atteindre une efficacité
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de doublage inégalée sur l’expérience de 71 %. Ensuite, nous avons étudié l’implé-
mentation de la cavité OPA donnant des puissances résonantes de l’ordre de 11 W.
De telles puissances nous ont permis de produire des photons uniques ainsi que
des états de Fock à deux photons possédant de très hautes fidélités (88 % et 82 %
respectivement) ainsi que de très forts taux de productions (220 kHz et 800 Hz).

On peut noter que les faibles efficacités de notre système d’annonce réduisent
fortement nos taux de productions. L’utilisation de détecteur SNSPD (Jeannic et al.,
2016), qui possèdent des efficacités quantiques de l’ordre de 90 %, pourrait nous
permettre d’accroitre ces taux d’un facteur 2. L’usage de filtres optiques avec de
très fines bandes passantes pourrait aussi nous permettre d’augmenter l’efficacité
de notre filtrage spatial d’un facteur 5 ou plus. Ces améliorations permettraient
d’augmenter les taux de productions d’un facteur supérieur à 10, ce qui conduirait
à des taux d’annonces d’environ 2 MHz pour le photon unique et de 7 kHz pour les
états de Fock à deux photons.

Cependant, l’implémentation de ces outils reste chère et elle ne permet pas de
résoudre les problèmes liés à la génération aléatoire de nos états. Pour pallier à
ce dernier problème, il est possible d’utiliser des mémoires quantiques. Le chapitre
suivant est dédié à l’implémentation d’une telle mémoire.
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La mémoire quantique
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7.1 Introduction

7.1.1 Les processus aléatoires
Dans le chapitre précédent nous nous sommes penchés sur deux des trois amé-

liorations possibles présentées dans la section 5.4, à savoir : la qualité des photons
uniques et le taux de production des états de Fock. Il nous faut maintenant nous
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intéresser à la dernière de ces améliorations qui est peut être la plus problématique
des trois : le caractère aléatoire de la génération des états de Fock.

Malgré l’augmentation du taux de production de 2 ordres de grandeurs, si l’on
veut appliquer le protocole de génération des états chats proposé dans le chapitre
3, les taux vont diminuer rapidement en augmentant le nombre d’itération. Le taux
actuel de production de photons uniques correspond à une probabilité d’annonce
de ∼1/350. En utilisant une deuxième source identique et en prenant en compte le
taux de succès du conditionnement homodyne du protocole de breeding (∼ 15 %),
nous obtenons un taux de production d’états chats d’environ 100 Hz seulement, bien
que cela correspondent à une augmentation de 3 ordres de grandeur.

Une itération hypothétique de ce protocole avec deux de ces chats nécessiterait la
production simultanée de quatre photons, ainsi que la réussite de trois opérations de
Breeding. Cela donnerait un taux de production de 25 µHz, soit environ deux états
chats par jour. Il est donc clair que de tels procédés ne sont pas réalisables. Il faut
aussi noter que la réalisation de quatre cavités OPAs est difficilement envisageable.

7.1.2 Nécessité d’une mémoire
Pour palier à ce problème, plusieurs solutions sont envisageables. Elles peuvent

être réunies en deux catégories :

- l’utilisation de sources déterministes de photons uniques,

- l’implémentation de mémoires quantiques.

Les sources déterministes
L’idée générale consiste à fabriquer un système à deux niveaux « artificiels » placé

au seins d’une micro-cavité. Cette cavité permet de contrôler la direction d’émission
du photon par effet Purcell, ainsi que sa durée de vie. Plusieurs méthodes ont été
développées pour obtenir de tels systèmes : l’utilisation des boîtes quantiques placées
au centre d’un micro piliers (Sapienza et al., 2015; Somaschi et al., 2016), des nano-
tubes de carbone en cavité (Jeantet et al., 2016), etc...

Ces procédés sont très prometteurs. Des brillances (probabilité d’obtenir un
photon par pulse envoyé) atteignant presque les 80% ont été obtenues (Gazzano
et al., 2013). Cependant, ces valeurs sont obtenues après corrections des pertes de
transmissions des différentes optiques ainsi que de l’efficacité de détection. Si l’effi-
cacité de détection n’est pas un problème, les pertes optiques réduisent fortement la
brillance (<50 %). Ces valeurs très encourageantes restent problématiques pour les
variables continues : l’absence d’annonce du succès de la génération est équivalente
à des pertes, qui sont donc supérieures à 50%, rendant la fonction de Wigner des
photons uniques strictement positive, ce qui n’est pas acceptable.

Les mémoires quantiques
Les mémoires quantiques utilisent une approche différente (Lvovsky et al., 2009).

Il ne s’agit plus de produire des photons de façon déterministe mais plutôt de les
synchroniser : un photon est stocké en attendant la production d’un second. Ainsi,
des brillances élevées ne sont plus nécessaires.
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De telles mémoires permettraient d’augmenter considérablement les taux de
productions. Plusieurs expériences ont vu le jour afin stocker des photons uniques,
que ce soit en utilisant des atomes froids (Bimbard et al., 2014; Parigi et al., 2015;
Vernaz-Gris et al., 2017), des cristaux (Jobez et al., 2015; Saglamyurek et al., 2015),
des vapeurs chaudes (Reim et al., 2011), des systèmes uniques (Kimble, 2008) ou des
cavités optiques (Yoshikawa et al., 2013). Les applications des mémoires quantiques
vont au delà de la génération d’états quantiques : ce sont des éléments essentiels en
communication quantique (Bussières et al., 2013).

Un des principaux avantages des mémoires quantiques est qu’elles permettent
aussi de stocker des états plus complexes comme les états chats. Ainsi, cette solution
élégante permet de s’abstenir des problèmes liés aux taux de succès non-unitaires
des différents protocoles de génération d’états quantiques.

Dans ce chapitre, nous allons voir l’implémentation d’un nouveau type mémoire
qui permet de stocker des états quantiques optiques en jouant sur la polarisation
de la lumière.

7.1.3 Caractérisation d’une mémoire quantique
Lorsque l’on étudie une mémoire quantique, plusieurs critères doivent être pris

en compte. La qualité d’une mémoire quantique est définie par trois principaux
critères : l’efficacité, la fidélité et le temps de stockage. Un autre critère important
est la capacité multimode d’une mémoire.

- le temps de vie : temps caractéristique de stockage d’un état,

- l’efficacité : elle donne la probabilité qu’a l’utilisateur de retrouver son état à
la sortie de la mémoire quantique,

- la fidélité : elle détermine la ressemblance entre l’état d’entrée et l’état de
sortie. Elle dépend du moyen utilisé pour coder l’information : la polarisation,
la fréquence, etc...

- la capacité multimode : capacité de la mémoire à stocker de l’information sur
plusieurs degrés de libertés. C’est un critère très important en communication
quantique, car il permet d’augmenter l’information stockée.

Un exemple permet de saisir rapidement la différence entre la fidélité et l’ef-
ficacité : si l’on envoie un photon unique dans une mémoire quantique avec une
polarisation horizontale (H), ce dernier est extrait après un temps de stockage ts.
L’efficacité de la mémoire représente la probabilité qu’a l’observateur d’obtenir un
photon en sortie de la mémoire à l’instant ts. La fidélité représente la probabi-
lité qu’a le photon d’avoir la polarisation H, une fois que celui-ci est détecté. Ici,
l’information de l’état stocké est contenue dans sa polarisation.

Notes

- Lorsque l’on utilise des variables continues, le problème est légèrement diffé-
rent. L’information est encodée directement sur le nombre de photons. Ainsi,
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Figure 7.1 – Système de filtrage spectral des photons. (a) : ancienne configuration,
(b) nouvelle configuration.

la définition d’efficacité n’a pas lieu d’être. En revanche la fidélité de notre
état est donnée par la probabilité que l’état mesuré soit un photon unique.

- La majeure partie des mémoires quantiques fonctionne pour des longueurs
d’ondes visibles ou proches infra-rouge. Pour minimiser les pertes optiques, les
longueurs d’ondes utilisées en communication sont aux alentours de 1550 nm,
limitant fortement les applications des mémoires pour la communication quan-
tique. Cependant, il est possible d’utiliser des solutions alternatives comme la
conversion de fréquence (Zaske et al., 2012).

7.2 Amélioration du protocole expérimental
Avant d’étudier la mémoire quantique, nous allons tout d’abord voir deux amé-

liorations apportées sur l’expérience après les mesures présentées au chapitre pré-
cédent.

7.2.1 Filtrage spectral
Nous allons commencer par l’amélioration du filtrage spectral. Le schéma du

filtrage utilisé jusqu’à présent est rappelé sur la figure 7.1(a).
Au cours des mesures de fidélité des états de Fock du chapitre précédent, nous

nous sommes aperçus, que pour maximiser la qualité des photons uniques, nous
devions fermer la fente presque complètement. Cela nous indique que le pouvoir de
résolution du filtrage spectral n’est pas assez grand. La première conséquence du
manque de résolution est une diminution du taux de production : la transmission
du dispositif de filtrage sera d’autant plus basse que la taille de la fente sera petite
devant celle du waist des photons à une longueur d’onde donnée. Ensuite, si la
résolution est trop basse, le spectre transmis par la fente sera trop large par rapport
à celui de notre oscillateur local, détériorant la qualité de nos photons.

Afin de contourner ces problèmes, nous avons augmenté le pouvoir de résolution
de notre filtrage. Pour cela, nous avons tout d’abord ajouté un télescope en sortie
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Température
Longueur d'onde

Figure 7.2 – Évolution de la température et de la longueur d’onde au cours d’une
journée d’expérience. Toute l’électronique de l’expérience a été coupée vers t� 7 h.
Afin de bien voir les corrélations, l’axe des longueurs d’ondes est décroissant.

de la fibre optique afin de grossir le faisceau d’un facteur 2, ce qui nous permet de
réduire le waist du faisceau focalisé sur la fente, augmentant notre résolution 1.

Afin d’accroître encore notre résolution, le faisceau diffracté par le réseau est
renvoyé sur ce dernier. Cette double réflexion nous permet d’augmenter facilement
le pouvoir de résolution d’un facteur 2.

La combinaison de ces deux changements conduit à une augmentation d’un
facteur ∼ 4 du pouvoir de résolution du filtrage, permettant de contrôler facilement
la longueur d’onde centrale de nos photons (figure 7.1).

7.2.2 Asservissement de la température du laser
A la fin du chapitre 5, nous avons vu qu’un des facteurs qui limitait les prises

de données était le drift de la longueur d’onde centrale de notre laser ; ce décalage
est associé à un changement du taux du répétition du laser. Comme nous utilisons
maintenant deux cavités, ce décalage est d’autant plus limitant : afin de ne pas
réduire la largeur spectrale des pulses résonants (section 2.2.2), il nous faut réajuster
régulièrement les longueurs des cavités.

En nous penchant sur ce problème, nous avons remarqué que notre décalage
était relié à la température de la plaque du laser. Sur la figure 7.2 nous avons tracé
l’évolution de la longueur d’onde ainsi que de la température en fonction du temps.
T=0 h correspond au moment où nous avons allumé le laser ainsi que l’électronique
de l’expérience. A T�7 h : tous les appareils non essentiels ont été éteints. Comme
on peut le voir, les deux grandeurs ont le même comportement. Le spectre est
mesuré avec un analyseur de spectre Advantest Q8384, et la température grâce un
Arduino utilisant un composant LM35DT.

Il est assez simple de relier les deux grandeurs : lorsque l’on allume l’électronique
et le laser, la température de la plaque du laser augmente. Elle conduit à une
dilatation de la plaque, augmentant la longueur effective de la cavité. Ce changement

1. Remarquons que remplacer la lentille qui précède la fente n’augmentera pas notre résolution.
Si une focale plus courte diminue le waist, elle diminue aussi la distance entre deux faisceaux
d’angles différents.
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Figure 7.3 – Photo du dispositif permettant d’asservir la température du laser.

de longueur conduit à une diminution du taux de répétition du laser.
Une application numérique permet de vérifier rapidement si la dilatation de la

plaque peut expliquer le changement du taux de répétition ainsi que le décalage
de la longueur d’onde. La plaque du laser, en aluminium, possède un coefficient de
dilatation thermique 𝛼 = 23 × 10−6K nous permettant de calculer la longueur de
dilatation de la cavité Δ𝐿 :

Δ𝐿 = 𝛼𝐿𝑐𝑎𝑣Δ𝑇 = 55 µm (7.1)

Une augmentation de la longueur de la cavité de 55 µm correspond à un change-
ment du taux de répétition de Δ𝜈𝑟𝑒𝑝 ≃ 1 kHz. Les calculs effectués dans la section
2.2.2, nous permettent d’estimer l’influence de ce décalage sur le spectre résonant.
Avec les finesses actuelles des cavités, si elles ne sont pas réajustées, cela revient à
réduire le spectre résonant d’un facteur 2 environ. L’élévation de la température de
la plaque du laser semble bien être responsable du décalage du taux de répétition.

Le changement du taux de répétition a pour conséquence de décaler les dents du
peigne de fréquences ; la N𝑒 dent du peigne subit un décalage de fréquence NΔ𝜈𝑟𝑒𝑝.
Pour la dent centrale de notre laser, cela équivaut à un décalage en longueur d’onde
Δ𝜆0 = 13 pm (figure 7.2). Cette valeur n’explique pas le décalage de la longueur
d’onde centrale de 150 pm. En réalité, ce drift s’explique par un décalage de la
courbe de gain du laser, Cette dernière étant contrôlée par une lame biréfringente,
on peut supposer que ces propriétés changent avec la température.

Dans les deux cas, asservir la température du laser devrait nous aider à contrôler
sa longueur d’onde et son taux de répétition. Le moyen le plus simple et le plus
rentable d’asservir la température est de chauffer le laser un degré au-dessus de
la température de la table lorsque tout est éteint. Un fil résistif parcouru par un
courant fixé en dessous du laser nous permet de chauffer facilement la plaque à
la température désirée. Le courant moyen traversant le fil peut être contrôlé par
la méthode de modulation de largeur d’impulsion associée à un solide-state relay
activant ou non le passage du courant dans le fil résistif. La température mesurée
par l’Arduino sert de signal d’erreur à un contrôleur PID agissant sur la largeur
temporelle des impulsions envoyées en entrée du relais statique (solid state relay),
permettant de diminuer la puissance dissipée par effet Joule du fil afin de maintenir
la température du laser constante.
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On
Off

(a)
(b)

Figure 7.4 – (a) : Évolution de la température du laser en fonction du temps sur
une journée d’expérience. Traitillés : allumage de l’expérience ; (b) : évolution de
la longueur d’onde centrale du laser lorsque l’on asservit ou pas la température du
laser

La figure 7.3 nous montre le fil résistif scotché sur des plaques d’aluminium
qui sont ensuite placées sous le laser. La figure 7.4(a) représente la température
de la plaque en fonction du temps au cours d’une journée d’expérience avec et
sans l’asservissement de la température du laser. Une fois asservie, les variations de
températures inférieures à 0.05 ° sont 15 à 20 fois plus faibles.

Une fois la température contrôlée, il nous faut regarder les variations de la
longueur d’onde du laser qui sont représentées sur la figure 7.4(b). L’asservissement
de la température nous permet de diminuer par deux le décalage de la longueur
d’onde. De la même façon, la longueur des cavités a moins besoins d’être ajustée,
ce qui indique que le taux de répétition du laser est plus stable.

Cependant, la stabilisation n’est pas encore optimale. Lorsque l’on allume le
laser, le cristal, qui est pompé par le verdi (5 W), chauffe fortement, ce qui nous
donne un profil inhomogène à la température du laser. Notre système appliquant
juste un offset de température, il ne nous permet pas de contrôler cette homogé-
néité. Afin d’améliorer cet asservissement, une première solution serait de séparer
l’asservissement de la longueur d’onde centrale et du taux de répétition ; une autre
piste pourrait être d’essayer de maintenir l’homogénéité de la température.

Notes
Il faut remarquer que si la température influence la longueur effective de la ca-

vité, les fluctuations de pressions influencent la valeur de l’indice de l’air. Lorsque
les conditions météo changent rapidement, on peut observer une différence de pres-
sion de l’ordre de 20 hPa sur une journée. Le changement d’indice correspond à un
changement de longueur de la cavité de 16 μm.
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Figure 7.5 – Principe de la mémoire quantique mise en place. Un photon inci-
dent, en polarisation horizontale, traverse le PBS et entre dans la cavité. (b) : la
polarisation du photon est tournée de 90 ° par la cellule de Pockels (verticale), (c) :
le photon, en polarisation verticale, est réfléchi par le PBS : il est stocké dans la
cavité. (d) : pour extraire le photon, nous tournons encore la polarisation de 90 °,
(e) : le photon est extrait de la cavité.

7.3 Le principe de la mémoire quantique
Le principe de la mémoire que nous proposons est très simple. Il est schématisé

sur la figure 7.5. Il peut être résumé en 5 étapes distinctes :

(a) Un état de fock à un photon arrive sur le PBS de la cavité. De part sa pola-
risation horizontale, il sera transmis par le PBS et entrera dans la cavité.

(b) On applique une impulsion de tension V à la cellule de Pockels permettant
de changer son comportement biréfringent de lame d’onde à demi-onde. Si les
axes neutres de la cellule sont à 45 ° de la polarisation horizontale du photon,
elle change la polarisation du photon en polarisation verticale.

(c) La polarisation verticale du photon fait qu’il est réfléchi par le PBS. Le photon
est donc stocké dans la cavité.

(d) Pour éjecter le photon de la cavité, nous tournons une nouvelle fois sa polari-
sation grâce à notre cellule de Pockels.

(e) Le photon possède maintenant une polarisation horizontale, il est transmis
par le PBS et sort de la cavité.

La force de cette mémoire est sa simplicité de mise en œuvre. En effet, la ma-
jeure partie des mémoires quantiques utilise des atomes froids ou des cristaux qui
nécessitent de travailler à des températures cryogéniques. Mais sa simplicité a un
prix : les délais électroniques doivent être extrêmement courts en raison de la vitesse
de propagation des photons, et le temps de vie de la cavité est très sensible à la
qualité de nos optiques.

7.3.1 Polyvalence de la mémoire
Avec cette mémoire, plusieurs opérations sont possibles. Nous ne pouvons pas

seulement stocker des photons uniques, mais n’importe quelle superposition d’états
de Fock sans changer quoi que ce soit sur le protocole de stockage.
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Figure 7.6 – Principe de la croissance des états chats avec la mémoire quantique.
(a) : un photon est stocké dans la cavité lorsqu’un second arrive, (b) les photons
sont synchronisés dans la cavité, (c) on tourne la polarisation des photons de 45 °,
(d) le PBS nous permet de faire interférer les deux modes des photons, on retrouve
le protocole de breeding. Un conditionnement en x � 0 projette l’état dans la cavité
sur un état chat de Schrödinger optique.

Mais la véritable puissance de cette mémoire est liée à la possibilité d’agir sur
l’état stocké à l’intérieur de la cavité. Voici une liste non exhaustive d’exemples.

Croissance d’états chats
Une première application est la création et la croissance des états chats de Schrö-

dinger en utilisant le protocole de breeding présenté dans le chapitre 3.
Le principe est détaillé sur la figure 7.6. Supposons que nous avons un photon

unique stocké dans la cavité. Lorsqu’un deuxième photon est annoncé, ce dernier
va entrer dans la cavité. Comme la longueur de la cavité est synchronisée avec le
taux de répétition, les deux photons seront superposés temporellement et spatia-
lement. Cependant, en raison de leurs polarisations orthogonales, ils restent dans
deux modes différents.

Si l’on tourne la polarisation de nos photons de 45 ° au lieu de 90 °, le PBS
va alors mélanger les deux modes des photons et agira exactement comme la lame
semi-réfléchissante du protocole de breeding. On obtient alors l’état bimode d’Hong-
Ou-Mandel :

|ψHOM〉 = 1√
2

(|2in, 0ext〉 + |0in, 2ext〉) (7.2)

Figure 7.7 – Principe de l’itération du protocole. (a) un état chat a été produit dans
la cavité, il est stocké en attendant l’arrivée d’un nouveau photon, (b) les deux états
sont synchronisés, leur polarisation est tournée de 45 °, (c) on réalise le protocole
de breeding permettant d’obtenir un chat impair de plus grande amplitude.
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où les indices 𝑖𝑛 et 𝑒𝑥𝑡 désignent les modes de l’état à l’intérieur et à l’extérieur
de la cavité.

Une détection homodyne placée en sortie de cavité nous permet d’effectuer une
mesure sur un des modes, et donc de projeter l’état à l’intérieur de la cavité dans
une superposition : 𝛼 |0⟩ + 𝛽 |2⟩ où 𝛼2 + 𝛽2 = 1. Si la mesure homodyne donne
la bonne valeur (𝑉𝐷𝐻 ≃ 0), alors l’état stocké dans la cavité est un état chat de
Schrödinger.

L’état chat obtenu peut ainsi être relâché à n’importe quel moment et être
synchronisé avec un autre évènement. Mais nous pouvons aussi faire attendre l’état
produit de façon à lui « ajouter » un autre photon par le même procédé, voir même
un état chat, le tout sans avoir à extraire notre état de la mémoire (figure 7.7).

Création d’états Chats à partir d’états à deux photons
On peut aussi réaliser des états chat à partir des états de Fock à plusieurs photons.

Ce protocole, réalisé sur l’expérience en 2007 (Ourjoumtsev et al., 2007), est très
proche du protocole de breeding. Un état de Fock est envoyé sur une lame semi-
réfléchissante 50 : 50. Si la détection homodyne donne la valeur zéro, on obtient
alors un état chat de Schrödinger.

Comme dans le cas précédent, la lame semi-réfléchissante est obtenue en tour-
nant la polarisation de 45 ° avant le PBS de la mémoire.

7.3.2 Les contraintes expérimentales
La construction de notre mémoire possède deux contraintes techniques qu’il est

important d’identifier : les pertes et les délais électroniques.

7.3.2.1 Origines des pertes

Il existe plusieurs facteurs limitant la qualité des photons uniques obtenus à la
sortie de la cavité :

- le mode spatial et temporel du photon,

- le changement de polarisation,

- les pertes optiques.

Le mode spatial et temporel

• Comme nous analysons notre état avec une détection homodyne, le mode
spatial du photon doit être le même que celui de l’oscillateur local. Afin qu’il
ne change pas en fonction du nombre de tours, il est impératif que le mode
spatial du photon soit très proche de celui de la cavité.
Si le désaccord est trop important, la fidélité chutera encore plus rapidement
et diminuera le temps de vie de la cavité. Si ce n’est pas le cas, le mode
spatial du photon va osciller autour du mode de la cavité, il est alors possible
d’observer une oscillation de la fidélité des photons en fonction du nombre de
tours de stockage.
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(a) (b)

Figure 7.8 – (a) fidélité théorique d’un photon unique en fonction du nombre de
tours parcourus dans la cavité pour différentes valeurs des pertes par tour. (b) temps
de vie de la cavité en fonction des pertes après un tour de cavité.

• Si la longueur de la cavité n’est pas exactement égale à la distance entre
nos pulses, alors le photon n’arrivera pas synchronisé avec l’oscillateur lo-
cal, conduisant à des pertes. Un décalage temporel de la cavité t0 donne un
décalage temporel du photon qui s’amplifie avec le nombre de tour N, di-
minuant dramatiquement le temps de vie. Heureusement, il est relativement
facile de contrôler ce délai grâce à une platine de translation. Cependant, plus
le nombre de tours de stockage est important, plus nous sommes sensibles à
l’alignement.

Le changement de polarisation
Une étape importante du stockage est le changement de polarisation de 90 ° par la

cellule de Pockels. Il faut pour cela que la cellule soit parfaitement alignée : les axes
neutres doivent être à 45 ° des polarisations H et V. Si ce n’est pas le cas, le PBS
agira comme un miroir avec un coefficient de réflexion R = cos θ, où θ est l’angle
de rotation du photon. Une fois que ce dernier est réfléchi, sa polarisation reste
verticale. Il n’y a donc plus de pertes liées à la polarisation, jusqu’au moment où
l’on souhaite extraire le photon : on se retrouve de nouveau avec les mêmes pertes.
Les pertes liées à un mauvais changement de polarisation sont donc : ppol = 2 cos θ.
L’alignement de la cellule de Pockels sera détaillée dans la section suivante.

Les pertes optiques
Ce sont de loin les pertes les plus importantes de la mémoire. Soit p, les pertes

optiques par tour de la cavité. La figure 7.8(a), représente la fidélité d’un photon
unique parfait en fonction du nombre de tours parcourus dans la cavité. Sur la figure
7.8(b), nous avons tracé le temps de vie de la cavité en fonction de p. Des valeurs de
p > 1 % nous donnent un temps de vie de seulement 100 tours. On comprend donc
qu’il est essentiel de réduire ces pertes au maximum. Les pertes optiques seront
détaillées dans la prochaine section de ce chapitre.
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7.3.2.2 L’électronique

La longueur de la cavité étant synchronisée avec le taux de répétition du laser,
un photon effectue un tour de cavité en ∼ 13 ns. Il nous faut donc être capables
de changer l’état de la cellule de Pockels en un temps plus court. Nous utilisons
pour cela une cellule et un driver identiques à ceux utilisés pour réduire le taux
de production de l’oscillateur local (section 6.5.2), ce qui nous permet de changer
l’état de la cellule de Pockels en seulement 7 ns.

Cependant, s’il l’on peut changer l’état de notre cellule en moins de 7 ns, ils
nous faut maintenant le faire uniquement lorsque l’on veut stocker ou extraire un
photon de la cavité. Pour cela, lorsqu’un photon est détecté, il faut changer l’état
de la cellule de Pockels avant qu’il ne la traverse. Ainsi, avant que le photon de la
voie idler arrive dans la cellule, il nous faut détecter le photon de la voie sonde et
envoyer le signal vers une carte PCI qui enverra un signal au driver et qui appliquera
finalement la tension sur la cellule de Pockels.

Il nous faut donc de l’électronique qui soit capable de fonctionner très rapidement
et dont on connaît les délais. Sur l’expérience, les délais sont les suivants :

- le délai optique d’acheminement vers l’APD : 𝜏𝑑𝑒𝑡 ≃ 20 ns,

- APD : 𝜏𝐴𝑃𝐷 ≃ 20 − 30 ns,

- carte PCI : 𝜏𝑃𝐶𝐼 ≃ 61 ns,

- driver : 𝜏𝑃𝐶𝐼 ≃ 38 ns,

- cellule 𝜏𝑃𝐶 ≃ 7 ns.

Cela nous donne un délai total : 𝜏𝑇 = 156 ns. Pendant ce temps 𝜏𝑇 , le photon de
la voie idler parcourt 47 m, il est donc impératif d’avoir une ligne à retard qui nous
permette de faire « patienter » le photon avant que l’on change l’état de la cellule.

7.4 Installation de la mémoire
De la même façon que pour les deux expériences précédentes, des schémas dé-

taillés et simplifiés de l’expérience sont représentés sur les figures 7.9 et 7.10. La
majeure partie de l’expérience est identique à celle du chapitre précédent. Les prin-
cipales nouveautés sont la ligne à retard ainsi que la cavité de mémoire quantique.

L’expérience est maintenant composée de 8 étapes (toujours indiquées sur les
figures 7.9 et 7.10). Les étapes ¬ à ¯ sont identiques à celle du chapitre précédent, à
savoir : la formation des pulses ¬, le doublage de la longueur d’onde ­, la formation
des paires de photons par la cavité OPA ®, le filtrage et la détection des photons
de la voie sonde ¯.

Une fois que la création d’une paire est annoncée par une des APDs, le photon
de la voie idler traverse la ligne à retard °. Pendant ce temps, nous changeons l’état
de la cellule de Pockels qui va nous permettre de stocker le photon unique dans la
cavité ±. Lorsque nous souhaitons extraire le photon, nous changeons de nouveau
l’état de la cellule de Pockels de la mémoire (QMC) ainsi que celui de la cellule
de Pockels de l’oscillateur local ². Le photon et le pulse de l’oscillateur local sont
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Figure 7.9 – Schéma de l’implémentation de la mémoire quantique. L’étape �,
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relâchés de façon à arriver simultanément à l’entrée de la détection homodyne pour
pouvoir effectuer la mesure homodyne ³.

7.4.1 La ligne à retard

Principe
Comparé à son alignement, le principe de la ligne à retard est relativement

simple. Il consiste à faire plusieurs allers-retours entre deux miroirs concaves qui
ont les mêmes rayons de courbures, il est représenté sur la figure 7.11. Deux miroirs
concaves symétriques par rapport au point C sont placés de sorte que leurs rayons
de courbures correspondent à leurs distances du point C, définissant ainsi un cercle
de centre C. Si l’on envoie un faisceau légèrement décalé du centre des miroirs, alors
ce dernier va effectuer plusieurs aller-retours entre les miroirs et ressortir de l’autre
côté. Le nombre d’allers-retours est déterminé par la distance entre le point C et le
faisceau incident.

La ligne à retard installée repose sur ce principe à ceci près que le cercle est replié
sur lui-même en plaçant un miroir plan au point C. Les deux miroirs se trouvent
alors côte à côte, facilitant les alignements. La figure 7.11 montre les différentes
réflexions du faisceau sur les miroirs concaves. L’avantage de ce type de ligne à
retard est que l’on peut facilement contrôler le nombre d’allers-retours entre les
miroirs en jouant sur l’orientation d’un des miroirs concaves.

Paramètre de la ligne
Une ligne à retard de ce type est équivalente à une cavité ouverte. Afin que le

faisceau ne diverge pas, il nous faut arriver avec les bons paramètres de faisceau (à
savoir : le waist et sa position). De plus, si l’on souhaite changer le nombre d’allers-
retours facilement, le waist du faisceau en sortie doit être indépendant du nombre
de tours réalisés.

Les formules démontrées dans le chapitre 2 nous permettent de déterminer les
propriétés spatiales du faisceau incident recherché. Nous nous trouvons dans le cas
d’une cavité Fabry-Perot constituée d’un miroir plan et d’un miroir concave. Afin
de limiter les pertes optiques, nous devons limiter le nombre d’allers-retours et donc
séparer au maximum les miroirs. A cette fin, nous avons choisi des miroirs Layertec
avec un rayon de courbure de 2.5 m. Leur coefficient de réflexion en polarisation
s est particulièrement élevé (𝑅𝑠 > 99.99 %), ce qui nous permet de limiter les
pertes optiques. Pour pouvoir être stable, la distance entre les deux miroirs doit
être inférieure à 5 m : elle a été fixée à 4.8 m.

Le nombre d’allers-retours maximum est limité par la taille des miroirs concaves,
ces derniers ont un diamètre de 2 pouces chacun. Une fois que la ligne à retard est
correctement alignée, nous pouvons contrôler le nombre d’allers-retours du faisceau
idler de 1 à 9, autorisant un réglage du délai de 32 à 288 ns par pas de 32 ns. Ce
délai est bien supérieur au temps nécessaire au changement d’état de la cellule de
la mémoire : 𝜏𝑇 = 156 ns.

L’implémentation de la ligne à retard est représentée sur la figure 7.9.
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Figure 7.11 – Schéma du fonctionnement de la ligne à retard. Haut : principe de
base de la ligne à retard, les centres des miroirs sont identiques créant deux foyers
par où passent tous les faisceaux ; droite : la ligne à retard repliée ; gauche : les
cercles rouges représentent le faisceau idler, les réflexions sont numérotées par ordre
croissant. 0 et 14 correspondent respectivement aux faisceaux incident et émergeant
de la ligne à retard. Pour obtenir une telle configuration, nous devons légèrement
séparer les centres des deux miroirs.

7.4.2 Implémentation de la mémoire
Stabilité de la cavité

Comme pour les autres cavités, il nous faut étudier une nouvelle fois la stabilité
de la nouvelle cavité. Les paramètres de cette dernière sont identiques aux deux
dernières cavités. Nous avons donc toujours deux miroirs concaves qui ont un rayon
de courbure de 1 m. Ainsi, comme nous le montre la figure 6.7, la cavité est stable
tant que la distance entre les miroirs est supérieure à 1 m. La distance entre les
miroirs est choisie égale à 1.2 m. De cette façon, le waist du faisceau résonant reste
faible, ce qui facilite l’alignement de la cellule de Pockels.

Le schéma de la cavité peut être trouvé sur la figure 7.9. Comme on peut le voir,
la cavité est composée de deux miroirs concaves, 7 miroirs plans, d’un PBS et de la
cellule de Pockels. La géométrie compliquée de la cavité est due à la nécessité d’un
angle à 45 ° pour le PBS ainsi qu’à l’encombrement de la cellule de Pockels.

Réflectivité et transmission des optiques
Comme nous l’avons vu dans la section 7.3.2.1, ce sont les pertes optiques qui

limitent le temps de vie de la mémoire. La qualité des optiques est donc un facteur
déterminant.

Voici la liste des différentes optiques utilisées :

- les miroirs plans à 0 ° et 45 ° d’angle d’incidence : Rm > 99.99 %,
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- les miroirs concaves : 𝑅𝑚 > 99.99 %,

- PBS : 𝑅𝑠,𝑃𝐵𝑆 > 99.95%, 𝑅𝑝,𝑃𝐵𝑆 < 2 %

- la cellule de Pockels : 𝑇𝑃𝐶 > 99 % (mesurée : 𝑇𝑃𝐶 = 99.65 ± 0.05 %)

Les miroirs proviennent de la compagnie Layertec. Les valeurs données sont les
valeurs spécifiées par la compagnie ; les valeurs réelles sont généralement meilleures.
En raison de leur faible transmission, les cubes séparateurs de polarisations ont des
transmissions généralement faibles : 99 % au mieux. Il était donc impensable d’utili-
ser un cube. A la place, nous utilisons un « thin film polarizer » où les polarisations
sont séparées par un traitement diélectrique sur un des côtés d’une lame de verre.
De tels optiques permettent d’atteindre de hautes réflexions pour la polarisations
s. En revanche, leur pouvoir séparateur est moins bon que les cubes lorsque l’on
passe à travers l’optique, l’angle d’incidence sur le traitement n’étant plus à 45 °.
Cependant, la valeur qui est critique dans notre cas n’est pas la transmission de
la polarisation p, qui n’arrive que deux fois, mais la réflexion de la polarisation s
(lorsqu’on ne traverse pas la lame).

Les pertes totales théoriques après un tour de cavité sont de 𝑝𝑄𝑀𝐶 = 99.4 %.
Idéalement, de telles pertes donneraient un temps de vie de la cavité de 167 tours ,
soit 𝜏𝑄𝑀𝐶 = 2.2 µs. Cette valeur nous donne donc une barre supérieure sur le temps
de stockage que l’on peut espérer obtenir.

Alignement de la cellule
Comme nous l’avons expliqué dans la section concernant les contraintes de la

mémoire, l’alignement de la cellule de Pockels est déterminant pour pouvoir stocker
correctement nos photons. Pour tourner la polarisation de 90 °, les axes neutres
doivent être exactement à 45 ° des polarisations horizontale et verticale.

Habituellement, la méthode utilisée pour orienter correctement le cristal consiste
à faire tourner la polarisation avant la cellule à l’aide d’une lame demi-onde, ce qui
permet un alignement simple sans avoir à faire tourner la cellule. Une deuxième
lame demi-onde, placées en sortie de cellule, permet de tourner la polarisation selon
la direction souhaitée.

Cependant, les pertes liées aux transmissions des lames demi-ondes ne sont pas
acceptables. Même de fortes transmissions de 99.5 % reviendraient à tripler nos
pertes et diviser par trois le temps de vie de la cavité.

Pour s’abstenir des lames demi-ondes, nous devons donc être capables de tourner
la cellule. En raison de la rapidité de l’électronique, le driver où est installée la
cellule est particulièrement encombrant. L’atelier mécanique de l’institut nous a
donc construit une monture nous permettant de la faire tourner autour de l’axe de
la cellule. Une photo de la monture avec le driver peut être trouvée dans la figure
7.12.

Note sur la phase de la cavité
Pour le moment, nous voulons stocker uniquement des photons uniques. Ces der-

niers ne possédant pas de phase, nous n’avons pas besoin de verrouiller la phase de
la cavité, ce qui nous évite la pénible mise en œuvre d’un système d’asservissement.
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Figure 7.12 – Photo du driver et de sa monture. Le faisceau représenté en rouge
passe à travers la cellule de Pockels à l’intérieur du driver. La monture permet de
faire tourner la cellule autour de l’axe du faisceau.

7.4.3 Qualité des états de Fock
Qualité des états attendus

Avant de stocker des photons, il nous faut une fois de plus étudier la qualité
des photons uniques. Si l’amélioration de la résolution de notre filtrage spectral
laisse espérer une amélioration de la qualité des photons, la ligne à retard amène
des pertes. Cependant, les coefficients de réflexions des optiques étant très bons
(R > 99.99 %), les pertes optiques ne devraient pas nous limiter. Les 32 réflexions
de la ligne conduisent à une transmission finale T de : T = (Rm)32 > 99.6 %, ce qui
reste faible.

Afin de maximiser la transmission du PBS de la cavité, le traitement antireflet
de l’arrière du « thin film polarizer » est optimisé pour la transmission de la po-
larisation p. Les états mesurés font donc un tour de cavités et sont transmis deux
fois par le PBS.

Taux d’analyse
Le grand changement de cette configuration est le taux d’analyse. Dans le chapitre

précédent, nous devions réduire le taux de répétition de l’oscillateur local à 1 MHz
afin de ne pas saturer les détecteurs, diminuant le taux d’analyse d’un facteur 76.
Grâce à la ligne à retard, nous pouvons maintenant relâcher le pulse de l’oscillateur
local uniquement lorsque nous détectons la présence d’un photon.

Ainsi, les seuls photons perdus sont ceux produits pendant le temps mort lié à la
lenteur de nos détecteurs. Mais comme la bande passante de la détection homodyne
et de la carte (quelques MHz) est grande devant le taux d’annonce de nos photons
(∼ 250 kHz), cela ne réduit notre taux d’analyse que de quelques dizaines de kHz.

Les photons uniques
Comme nous déclenchons la carte d’acquisition lorsque nous détectons la présence

d’un photon, cette dernière n’a plus d’horloge, cela nous empêche de connaître
avec précision le taux d’analyse, ainsi que le taux de comptage de nos photons.
Cependant, un fréquencemètre nous permet d’obtenir une valeur moyenne. Cette
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dernière est d’environ 200 kHz.
Comme dans les chapitres précédents, la distribution, les éléments diagonaux

de la matrice densité ainsi que les fonctions de Wigner avec et sans correction sont
représentés sur la figure 7.13. Une fois de plus nous avons réussi à améliorer la
qualité de nos photons en atteignant une fidélité de 91 ± 4 % avec correction des
pertes et 69 % sans correction.

Les paramètres 𝛿 et 𝜎 ainsi que les caractéristiques du photons sont résumés
dans la table 7.1, avec les paramètres des anciens résultats.

Paramètres des photons uniques
Expérience 𝜎 𝛿 𝒩𝑐 (𝒩𝑛𝑐) 𝑓𝑝𝑟𝑜𝑑 𝜂𝑇 F Fc

Chat
(chap 5) 1.02 1.28 -0.18±0.02

(-0.08) 1 kHz 0.77 63 % 78 %

Cavité
(chap 6) 1.02 1.38 -0.25±0.03

(-0.12) 240 kHz 0.74 −
0.77 68 % 88 %

QMC 1.01 1.42 -0.26±0.00
(-0.12) ∼200 kHz 0.74 −

0.77 69 % 91 %

Paramètres des états à deux photons
2006

(Ourjoumtsev
et al., 2006a)

1.14 1.21 -0.03±0.02
(-0.01) 15 Hz 0.7 7 53%

Cavité
(chap 6) 1.00 1.32 -0.09±0.02

(-0.02) 800 Hz 0.74 −
0.77 48 % 82 %

QMC 1.03 1.40 -0.1±0.02
(-0.02) ∼ 250 Hz 0.74 −

0.77 50 % 88 %

Table 7.1 – Résumé des paramètres de la génération des états obtenus avec la ligne
à retard et les cavités. 𝒩𝑐, 𝒩𝑛𝑐 : négativité de la fonction de Wigner avec et sans
correction des pertes, 𝜂𝑇 : efficacité de la détection homodyne, F : fidélité de l’état
sans correction des pertes, Fc : fidélité avec correction. Les valeurs présentées dans
les chapitres 5 et 6 sont rappelées à titre de comparaison.

État de Fock à deux photons
Il nous faut maintenant regarder la qualité des états de Fock à deux photons.

Le déclenchement de la cellule de Pockels ne nous permet pas de différencier les
états à un et deux photons. Pour cela nous devons envoyer le signal des APDs sur
la carte d’acquisition. Une telle opération rend les états à deux photons difficiles à
différencier. Pour cette raison, le taux d’analyse des états à deux photons est réduit.
Il reste tout de même de 250 Hz environ.

De la même façon que pour le photon unique, les caractéristiques des états à
deux photons sont résumées dans la table 7.1 et la figure 7.13. Nous avons là aussi
réussi à améliorer la qualité de nos états. Une fidélité de 88 ± 6 %, a été atteinte
avec correction des pertes, et 50 % sans.
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(a) (b)

(c) (d)

(e) (f)

(g) (h)

Figure 7.13 – Caractérisations des photons uniques (gauche) et des états de Fock
à deux photons (droite). (a)-(b) distributions des mesures homodynes ; (c)-(d) : élé-
ments diagonaux des matrices densités ; (e)-(f) : fonctions de Wigner non corrigées
des pertes ; (g)-(h) : fonctions de Wigner corrigées des pertes. Les nappes sombres
représentent les états théoriques attendus.
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Discussion
Si le fait de voir s’améliorer la qualité des états petit à petit peut sembler redon-

dant, il est important de comprendre que ces valeurs sont absolument déterminantes
si l’on veut réaliser des états plus complexes. Le moindre pourcentage est important.
Ceci est encore plus vrai lorsqu’une mesure homodyne fait partie d’un protocole de
génération, comme dans le cas du breeding.

Dans cette section, une étape importante a été franchie. En effet, les fidélités des
états que nous produisons sont à peu près aussi élevées que celles des expériences
utilisant des lasers continus. Si la correction des pertes de détections d’environ 24 %
reste malheureusement élevée, il ne fait aucun doute que l’amélioration de notre
contraste ainsi que de l’efficacité quantique de nos photodiodes nous permettront
d’atteindre de meilleures fidélités sans correction des pertes. Avant nos améliora-
tions, les meilleures fidélités de photons étaient limitées à 77 % (Etesse et al., 2015),
alors qu’elle est de 93 % pour des lasers continus (Jeannic et al., 2016).

7.5 Stockage d’états de Fock

7.5.1 Stockage de photons uniques
Maintenant que nous avons des états de bonne qualité, nous pouvons passer au

stockage. Le déroulement de l’expérience est le suivant : une fois que la création
d’une paire de photons est détectée, nous appliquons une tension à la cellule de
la cavité pendant environ 14 ns pour tourner la polarisation du photon qui se re-
trouve alors coincé dans la mémoire. Lorsque l’on souhaite extraire le photon, nous
appliquons de nouveau la tension à la cellule de la cavité, mais aussi à celle de
l’oscillateur local afin de pouvoir réaliser notre tomographie.

Nous avons ainsi réalisé la tomographie des photons pour différents temps de
stockages (i.e. pour différents nombres de tours de stockages). Pour chaque temps,
nous avons acquis 50 000 points. La tomographie a été réalisée avec et sans correction
des pertes. Comme dans le chapitre précédent, en raison de notre forte incertitude
sur nos pertes 𝜂𝐷𝐻 , les barres d’erreurs des fidélités sont estimées en effectuant une
tomographie en corrigeant des pertes de valeurs : 𝜂𝐷𝐻 ± 3 %.

La figure 7.14 représente la qualité des photons uniques en fonction du nombre
de tours passés dans la cavité, avec et sans correction des pertes. L’expression de
la fidélité des photons uniques en fonction du nombre de tours N (ou du temps t)
passés dans la cavité peut s’écrire de la forme suivante :

𝐹 = 𝐹0𝑒
− 𝑁

𝑁𝑄𝑀𝐶 = 𝐹0𝑒
− 𝑡

𝜏𝑄𝑀𝐶 (7.3)

où 𝐹0 est la fidélité de l’état après 0 tour de stockage, 𝑁𝑄𝑀𝐶 et 𝜏𝑄𝑀𝐶 donnent
le temps de vie de la cavité en tours et en secondes.

Un fit nous permet de déterminer le temps de vie de notre cavité qui est : 𝜏𝑄𝑀𝐶 =
1.44 ± 0.01 µs (111 tours). Comme nous l’avons vu précédemment, la négativité de
la fonction de Wigner est un critère essentiel qui permet de prouver la non-classité
de nos états. Après correction des pertes, la fonction de Wigner des photons reste
négative jusqu’à 59 tours, soit ∼770 ns. Les paramètres de la mémoire avec et sans
correction des pertes sont résumés dans la table 7.2 en fin de chapitre.
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Avec Correction
Fit
Sans correction
Fit

Figure 7.14 – Fidélités des photons uniques en fonction du nombre de tours de
stockage.

(a) 0 tour
(0 ns)

(b) 20 tours
(0.26 μs)

(c) 40 tours
(0.52 μs)

(d) 60 tours
(0.78 μs)

(e) 80 tours
(1.04 μs)

Figure 7.15 – Fonctions de Wigner (corrigées des pertes) des photons uniques pour
différents tours de stockages.

Les fonction de Wigner de la figure 7.18 nous montrent les effets des pertes en
fonction du nombre de tours de cavité réalisés par les photons dans la cavité. L’état
se rapproche peu à peu d’un état vide quantique.

Observations
Ces résultats nous indiquent deux caractéristiques qui limitent le temps de vie de

la mémoire :

- oscillations de mode : elles peuvent être observées directement sur la figure
7.14. On remarque que la fidélité oscille autour du fit, cela nous indique que
le mode spatial du photon unique n’est pas identique à celui de la cavité. La
présence des oscillations montre cependant qu’il reste confiné dans la mémoire.
De plus, la période relativement grande de ces oscillations nous indique que
nous sommes proches du mode de la cavité. Lors des premières mesures, les
oscillations avaient une période d’une dizaine de tours seulement, témoins
d’un mauvais « mode matching » que nous avons optimisé.

- étalement temporel : sur la figure 7.16, nous faisons varier le temps d’arri-
vée de l’oscillateur local sur la détection homodyne, pour des photons ayant
parcouru 1 tour et 50 tours de cavité. La qualité des photons ayant parcouru
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0 tour

50 tours

Figure 7.16 – Qualité des photons en fonction du décalage temporel de l’oscillateur
local avec (50 tours) et sans stockage. La qualité du photon sans stockage a été
volontairement dégradée (au niveau du filtrage spatial) pour la mesure afin que les
𝛿 soient comparables.

50 tours diminue moins rapidement que celle des photons ayant parcouru un
seul tour. On observe donc un étalement temporel des photons. Cet étalement
peut avoir deux origines différentes : la GVD de la cavité ou l’apparition d’un
jitter sur le temps d’arrivée du photon donné par les fluctuations de longueur
de la cavité.
Pour ce qui est de la GVD, elle est estimé à 4(±1).10−3ps2 par tour conduisant
à un allongement relatif du pulse d’environ 3 ± 1 % après 50 tours, ce qui
reste faible. Elle peut cependant être facilement compensée par l’utilisation
de miroir chirpés au seins de la cavité. Concernant les problèmes liés au jitter
du temps d’arrivé du photon, l’asservissement de la phase de la cavité nous
permettrait de nous en affranchir.

Conséquences
L’objectif de cette mémoire est de stocker un photon jusqu’à ce qu’un deuxième

arrive, ceci nous permet non seulement de les synchroniser, mais surtout de produire
des états contenant plusieurs photons. Il serait ainsi possible de produire les états
chats de Schrödinger.

Maintenant que nous connaissons le nombre de tours de stockage, il est inté-
ressant de connaître le taux de production d’états chats que nous pouvons espérer
obtenir. Pour obtenir ces états, il nous suffit d’attendre l’arrivée d’un deuxième
photon. Bien entendu, en raison de notre temps de vie, nous ne pouvons pas faire
attendre indéfiniment le premier photon dans la cavité ; la qualité des états serait
trop faible. Nous posons donc un nombre de tours maximum 𝑁𝑚𝑎𝑥 que peut passer
le photon avant l’arrivée du deuxième. Si le deuxième photon n’est pas arrivé après
ce nombre de tours, il nous faut alors abandonner le photon stocké et recommencer.

Le nombre de tours de stockage autorisé est fixé à 𝑁𝑚𝑎𝑥 = 59 tours, ce qui corres-
pond au moment où notre état n’a plus une fonction de Wigner négative. La bande
passante de la cellule de Pockels de 10 MHz nous empêche de libérer le photon stocké
pendant 𝑁𝑚𝑖𝑛 = 8 tours. Nous disposons donc d’une plage de 𝑁𝑐 = 51 tours pour
attendre l’arrivée d’un deuxième photon. La probabilité d’annonce d’un deuxième
photon sur cette plage 𝑝𝑠𝑢𝑐 est :
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psuc = 1 −
(
1 − p|1〉

)Nc = 14 % (7.4)

où p|1〉 est la probabilité qu’une des deux APDs nous indique la présence d’un
photon. Cette dernière est déterminée à partir du taux de production des photons
uniques f|1〉 et du taux de répétition du laser frep : p|1〉 = f|1〉

frep
� 3.10−3. Ainsi,

lorsque l’on stocke un photon, nous avons 14 % de chance de pouvoir réaliser le
protocole de breeding.

Nous pouvons en déduire le taux de succès de la synchronisation qui est de
25 kHz. Si l’on ajoute le taux de succès du protocole de breeding de 15 %, on obtient
ainsi un taux de production de chats de Schrödinger d’environ 4 kHz. Une telle
valeur correspond à une amélioration du taux de production de notre expérience de
plus de 4 ordres de grandeurs, et de plus de 1 ordre de grandeur par rapport aux
meilleurs taux obtenus (Huang et al., 2015).

En revanche, l’ajout d’un autre photon à notre état chat diminuerait nettement
le taux de production (∼ 70 Hz). Malgré tout, cela correspond à un taux de pro-
duction 400 fois plus élevé que celui des chats produits dans le chapitre 5.

Amélioration de l’efficacité de détection. La formule 7.4 montre que notre
taux de succès dépend de Nc, mais aussi de p|1〉. S’il semble compliqué d’augmenter
sensiblement le temps de vie de notre cavité, nos faibles efficacités de détections
(5 − 10 %) peuvent facilement être améliorées. Une amélioration raisonnable d’un
facteur 5 nous permettrait d’atteindre un taux de production d’environ 1 MHz, nous
donnant psuc � 50 % soit à un taux de 300 kHz !

7.5.2 Stockage d’état de Fock à deux photons
Une fois que nous avons stocké des photons uniques, nous pouvons passer à

des états plus complexes. Comme nous l’avons expliqué au début du chapitre : en
tournant la polarisation de 45 ° plutôt que de 90 °, il devient possible de créer des
états intriqués. Cependant les états ainsi obtenus ne sont plus des invariants de
phase. Comme notre phase n’est pas asservie, nous proposons plutôt d’étudier le
stockage d’un autre invariant de phase que l’on peut produire facilement : l’état de
Fock à deux photons.

Séquence de mesure
Le déroulement de l’expérience est identique à celui de la précédente. Le seul

changement apporté est au niveau de l’électronique : chaque cellule de Pockels
est déclenchée par une seule des deux APDs. Elles fonctionnent donc de manière
indépendantes. La carte d’acquisition est déclenchée par un signal synchronisé avec
la cellule de Pockels de l’oscillateur local. Un signal synchronisé avec la deuxième
cellule est envoyé sur une des voies d’entrée de la carte annonçant le stockage d’un
état dans la mémoire.

Pour résumer : une des APDs déclenche le stockage d’un état et la deuxième
la mesure homodyne. Lorsque les deux APDs annoncent la présence d’une paire de
photons, nous avons donc un état à deux photons qui est stocké (première APD),
extrait et enfin mesuré (deuxième APD). L’avantage de cette méthode est que les
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(a) Non corrigé (b) Corrigé

Figure 7.17 – Contributions des états diagonaux en fonction du nombre de tours
de stockage avec et sans correction des pertes de détections (23−26 %). Les courbes
en pointillés représentent les valeurs obtenues grâce à l’estimation des deltas. Les
voiles colorés représentent les barres d’erreurs.

changements apportés à l’expérience sont minimes. De plus, nous n’avons pas besoin
de rajouter de délai supplémentaire sur les signaux électriques, nous évitant de
reprendre les synchronisations des signaux des différentes cellules.

Résultats
Le taux de comptage des évènements à deux photons est d’environ 250 Hz. Tout

comme dans les chapitres précédents, afin de reconstruire la fonction de Wigner,
10 000 points ont été acquis après différents temps de stockages. Les mesures de
quadratures ont été effectuées pour des stockages de 0 à 100 tours (0 à ∼1.3 µs) par
pas de 10 tours. Pour plus de clarté, les résultats corrigés et non corrigés des pertes
sont représentés sur deux figures différentes : figure 7.17(a) et (b).

Pour chaque graphique, nous avons représenté l’évolution de trois valeurs :

- le pourcentage de 2 photons contenues dans l’état, correspondant à la fidélité,

- le pourcentage de photon unique,

- la composante du vide de notre état.

Les temps de vies obtenus grâce aux fidélités (entre les mesures et un état de
Fock à deux photons parfaits) et la formule 7.3 sont de 39±1 tours (0.51 ± 0.01 µs)
avec et sans correction. Ces temps de vies sont bien plus faibles que ceux obtenus
pour les photons uniques (111 tours soit ∼1.44 µs). Cependant, comme l’action de
pertes p sur un état de Fock à deux photons dégrade beaucoup plus la fidélité que
lorsqu’il s’agit d’un photon unique, ces résultats étaient prévisibles.

Les fits des figures 7.17(a) et (b) ne sont pas obtenus à partir de la formule 7.3.
En effet, cette méthode ne nous permet pas de déterminer avec précision le moment
où la fonction de Wigner de notre état devient négative. Pour cela, nous avons
développé une autre méthode permettant d’estimer la négativité de la fonction de
Wigner en fonction du nombre de tours.
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(a) 0 tour
(0 ns)

(b) 15 tours
(0.20 μs)

(c) 30 tours
(0.39 μs)

(d) 50 tours
(0.65 μs)

(e) 70 tours
(0.91 μs)

Figure 7.18 – Fonctions de Wigner (corrigées des pertes) des états de Fock à deux
photons pour différents tours de stockages.

Estimation de la négativité
Comme ont peut le voir, le pourcentage de photons uniques augmente rapidement

et reste stable. Ceci est dû à la compétition entre les pertes de l’état à deux photons
qui vient « nourrir » la partie à un photon de l’état stocké et les pertes qui agissent
sur le photon unique. La fidélité de notre état, n’est donc pas un bon indicateur de
notre temps de stockage.

Nous proposons donc d’étudier un autre critère plus révélateur du temps de vie
de notre état. Ce critère est le même que celui utilisé pour déterminer le temps de
stockage maximal pour le photon unique : la négativité de la fonction de Wigner.
Pour cela, nos avons utilisé les paramètre δ et σ de la distribution.

Comme il a été démontré dans la thèse d’un de mes prédécesseurs (Ourjoumtsev,
2007), à partir de la valeur de δ déterminée par maximum de vraisemblances avec
les données brutes, il est facile de remonter la valeur de delta avant la détection
homodyne, c’est à dire sans les pertes δc :

δc = δ

1 − pDH

(7.5)

où pDH sont les pertes de la détection homodyne. Ce résultat est toujours valable
pour les pertes optiques de la cavité. Ainsi, on peut facilement estimer δ et δc en
fonction du nombre de tours parcouru dans la cavité. Cela nous permettra dans un
premiers temps de remonter aux pertes par tour de la cavité.

L’évolution des deltas est représentée sur la figure 7.19 avec et sans corrections
des pertes. Les pertes par tour estimées sont 1.3±0.1 %, ce qui est légèrement moins
bon que nos estimations. Pour un état de Fock à deux photons, on peut montrer
(Ourjoumtsev, 2007) que les éléments diagonaux de la matrice densité (noté ρ2)
peuvent s’exprimer en fonction des paramètres δ et σ comme suit :

〈0| ρ̂2 |0〉 = 2
(σ2 + 1)3

[
(1 − δ)σ2 + 1

]2
(7.6a)

〈1| ρ̂2 |1〉 = 2
(σ2 + 1)4

[
σ4(1 − δ) + 5δσ − 1

] [
(1 − δ)σ2 + 1

]
(7.6b)

〈2| ρ̂2 |2〉 = 2
(σ2 + 1)5

[(
σ4(1 − δ) + 5σ2δ − 1

)2 − 12δ2σ4
]

(7.6c)

Les valeurs de σ calculées sont à peu près constantes et ∼ 1. Nous pouvons donc
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Figure 7.19 – Affichage des deltas et des estimations réalisées avec et sans correc-
tion des pertes.

poser 𝜎 = 1, ce qui nous permet de simplifier les équations comme suit 2 :

⟨0| 𝜌2 |0⟩ = (2 − 𝛿)2

4 (7.7a)

⟨1| 𝜌2 |1⟩ = 𝛿(2 − 𝛿)
2 (7.7b)

⟨2| 𝜌2 |2⟩ = 𝛿2

4 (7.7c)

Ainsi, il nous est maintenant possible d’estimer la matrice densité de notre
état à partir du fit réalisé sur 𝛿. Ce sont ces courbes qui sont représentées en
pointillés sur la figure 7.17. Comme on peut le voir, les courbes sont très proches des
points expérimentaux. A partir de ces valeurs, nous pouvons estimer la négativité
en fonction du nombre de tours passés dans la cavité ainsi que les fonctions de
Wigner de l’état 3.

Les valeurs de la négativité obtenues après reconstruction de la fonction de Wi-
gner à partir des points expérimentaux ainsi que celle obtenues par notre estimation
sont représentées sur la figure 7.20. Notre estimation nous permet d’avoir une valeur
beaucoup plus précise qu’avec les points expérimentaux. Ainsi, la fonction de Wi-
gner de notre état de Fock est négative jusqu’à 26 tours sans correction des pertes
et 49±1 tours avec correction, correspondant à des temps de stockage de 0.4 µs et
0.64±0.02 µs respectivement.

Implications
Jusqu’ici, les états stockés grâce à des mémoires quantiques sont généralement des

photons uniques (Chanelière et al., 2005; Yoshikawa et al., 2013), des états cohérents
(Hedges et al., 2010) de faibles amplitudes ou des états comprimés (Jensen et al.,
2010).

2. Cette simplification n’est pas nécessaire pour pouvoir réaliser les estimations voulues. Ce-
pendant, comme elle n’influence pas les résultats, elle a été faite pour des raisons de commodités.

3. Les fonctions de Wigner de l’en tête proviennent de cette estimation
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7.5. Stockage d’états de Fock

Figure 7.20 – Négativité de la fonction de Wigner avec et sans correction des
pertes de détections (23 − 26 %). Les courbes en pointillés représentent les valeurs
obtenues grâce à l’estimation des deltas. Les voiles colorés représentent les barres
d’erreurs lorsqu’elles sont significatives.

Le stockage de notre état est, à notre connaissance, la première démonstration
expérimentale du stockage d’un état non gaussien contenant plus de 1 photon.
Une telle expérience constitue donc le franchissement d’une étape supplémentaire
importante vers le contrôle d’états complexes de la lumière.

Remarques

• La présence de négativité n’indique pas que nous avons toujours un état de
Fock à deux photons. Par exemple, après 45 tours passés dans la cavité, l’état
stocké est toujours négatif, mais sa fidélité avec un état de Fock à deux photons
idéal est de seulement 28 %. Il n’est donc pas approprié de dire que notre état
contient toujours deux photons. Cependant, la négativité de notre état nous
garantit sa « non-classité » et nous indique qu’il peut toujours être utilisé.

• Afin de modéliser les pertes liées à notre cavité, une autre méthode aurait pu
être utilisée. Pour une matrice densité de départ ρ̂in, il est possible de déter-
miner la matrice densité de cet état après qu’il ait subit des pertes optiques.
En posant p les pertes optiques après un tour de cavité, nous obtenons la
matrice densité de sortie ρ̂out suivante après un tour de stockage (Kiss et al.,
1995) :

〈n| ρ̂out |m〉 = p
n+m

4

∞∑
i=0

√√√√(n + i

n

)(
m + i

m

)
(1 − √

p)i 〈n + i| ρ̂in |m + i〉 (7.8)

En appliquant successivement cette formule, il est possible de déterminer la
matrice densité de notre état en fonction du nombre de tour de stockage.
Cependant, comme le nombre de variables est plus grand, cette méthode est
plus compliquée à mettre en œuvre.
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7.6 Conclusion

Sans correction Avec correction
Etat

stocké Temps de vie Négativité Temps de vie Négativité

|1⟩ 108 tours
(1.41 µs)

29 tours
(0.37 µs)

111 tours
(1.44 µs)

59 tours
(0.77 µs)

|2⟩ 39 tours
(0.51 µs)

∼15 tours
(0.2 µs)

39 tours
(0.51 µs)

∼50 tours
(0.65 µs)

Table 7.2 – Rappel des paramètres de la mémoire quantique pour le stockage de
photons uniques et des états de Fock à deux photons.

Dans ce chapitre, nous avons d’abord étudié quelques améliorations apportées
à l’expérience qui ont permis d’améliorer la qualité du filtrage spectral ainsi que la
stabilité de l’expérience. Grâce à ses améliorations et la construction d’une ligne à
retard, nous avons réussi à obtenir des photons uniques avec une fidélité de 91 %
pour des taux de production (et d’analyse) d’environ 200 kHz. De même, nous avons
mesuré des états de Fock à deux photons avec une fidélité de 88 %, ce qui est à notre
connaissance la plus haute fidélité atteinte pour de tels états.

Ensuite, nous avons vu la mise en place d’une mémoire quantique. Cette mémoire
possède un temps de vie de 1.44 ± 0.01 µs, nous permettant d’obtenir des photons
uniques encore négatifs après 59 tours de cavité. Nous avons aussi stocké des états
de Fock à deux photons dont la fonction de Wigner est négative jusqu’à 50 tours de
cavité, démontrant la capacité de notre mémoire à stocker des états plus complexes.
Les paramètres de stockage des états de Fock sont résumés dans la table 7.2.

De telles valeurs nous permettraient de synchroniser deux photons uniques pro-
duits par la même source à des instants différents, avec un taux de succès de 14 %,
conduisant à un taux de production d’états Hong-Ou-Mandel ( 1√

2 (|2, 0⟩ + |0, 2⟩))
d’environ 25 kHz.
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Conclusion
Au cours de ce manuscrit, nous avons étudié la génération d’états non classiques

de la lumière. En s’appuyant sur le protocole de breeding (Etesse et al., 2014), nous
avons produit des états quantiques fidèles à 60 % à des états chats de Schrödinger
optiques d’amplitude α = 1.63 comprimé d’un facteur s=1.52 selon l’axe des x.
Nous avons aussi montré la possibilité de produire des superpositions arbitraires du
vide et d’un état à deux photons.

La génération de ces états repose sur la production simultanée de deux paires
de photons uniques par génération paramétrique spontanée. Le caractère aléatoire
de ces sources et nos faibles taux de productions de photons (1 kHz) ont conduit à
des taux de productions inférieurs au hertz. Avec de tels taux, l’utilisation des états
obtenus n’était pas envisageable, que ce soit pour faire grossir l’amplitude de nos
états ou réaliser des protocoles d’information quantique.

Pour nous affranchir de ces problèmes, nous avons procédé en deux étapes :

- Tout d’abord, nous avons augmenté le taux de répétition du laser. Afin de
compenser les pertes d’énergie, une cavité de doublage de fréquence a été
construite permettant d’atteindre des efficacités de doublage de 71 %. En-
suite, une deuxième cavité permettant d’atteindre des puissances crêtes 10
fois supérieures (44 kW) à l’expérience précédente a été installée.
Grâce à ces cavités, nous avons produit des photons uniques avec une fidélité
de 88 % pour un taux de production de 240 kHz. Les puissances résonantes
étant beaucoup plus importantes, nous avons pu produire des états de Fock à
deux photons avec une fidélité de 82 % à 800 Hz.

- La deuxième étape concerne la génération aléatoire des états de Fock. Pour
cela, une mémoire quantique a été développée. Cette dernière consiste à sto-
cker un état dans une cavité dont la longueur est synchronisée avec le taux de
répétition du laser. L’état quantique est stocké et extrait par un changement
de polarisation via la cellule de Pockels. Nous avons démontré un temps de
vie de 1.44 ± 0.01 μs pour le stockage de photons uniques, ces derniers étant
négatifs jusqu’à 59 tours de cavité, soit ∼770 ns de stockage.
En prenant en compte le temps de stockage et le taux d’annonce des photons,
la probabilité qu’un photon stocké puisse être synchronisé avec un autre est
de 14 %, donnant un taux de succès d’environ 28 kHz.



Conclusion et perspectives

Figure 7.21 – Amélioration de la qualité des photons uniques sur l’expérience.
2006 : (Ourjoumtsev et al., 2006a), 2014 : (Etesse et al., 2015).

Nous avons ensuite réalisé le premier stockage d’un état non gaussien de la
lumière en espace libre en stockant un état de Fock à deux photons. Ce dernier
possède une fonction de Wigner négative après 40 tours de stockage, soit
520 ns.

Comme il s’agit de la première brique d’une grande partie des protocoles d’ingé-
nieries quantiques, la qualité des états de Fock produits est déterminantes. Comme
nous avons pu le voir au cours de ce manuscrit, la majeure partie de cette thèse a
consisté à améliorer la qualité des photons petit à petit. Il me faut donc terminer ce
manuscrit par une figure rendant hommage à ce travail, ceci est fait sur la figure 7.21
qui représente l’évolution de la qualité des photons de l’expérience en fonction du
temps. Les diverses améliorations apportées à l’expérience ont permis d’accroître
successivement la qualité de nos états, atteignant 88 ± 6 % pour les deux photons
et 91 ± 4 % pour les photons uniques. Bien entendu, de telles valeurs n’auraient
pu être atteintes sans le travail de mes nombreux prédécesseurs (Blandino, 2013;
Etesse, 2014; Ferreyrol, 2011; Ourjoumtsev, 2007; Wenger, 2004).

Perspectives
Production d’états chats de Schrödinger

Après le stockage d’états de Fock, l’étape suivante consiste à produire des états
chats de Schrödinger à l’aide de la cavité. En se fixant une limite sur le temps
de stockage de 59 tours, correspondant aux moment où la fonction de Wigner du
photon stockée devient positive, le taux de succès de la production des états chats
de Schrödinger sera d’environ 4 kHz.

Cependant, afin de pouvoir caractériser les états produits, il faut pouvoir contrô-
ler ou mesurer la phase de la cavité. En effet, si les états de Fock sont des invariants
de phases, les états chats ne le sont pas.

Pour cela, plusieurs solutions sont possibles.

- la première solution est passive : il s’agit de venir mesurer la phase entre les
états, sans avoir à l’asservir. Pour cela, on peut utiliser des états cohérents
de faibles amplitudes que l’on envoie dans la cavité après la génération d’un
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état chat. Ces états cohérents peuvent être obtenus en prélevant une partie
du faisceau laser. On peut ensuite contrôler l’envoi des états dans la mémoire
par une cellule de Pockels.
Il est aussi possible de mesurer la phase en utilisant les photons uniques pro-
duits par le cristal de BiB3O6 pour produire des états NOON à un photon :

1√
2(|1, 0〉 + |0, 1〉). Ces états ont aussi une phase ; leurs mesures homodynes

peuvent donc nous permettre de remonter rapidement à la phase. Cependant,
il faut pour cela acquérir un certain nombre de points pour pouvoir faire
des statistiques. Les premiers tests montrent que le taux de production des
photons uniques est encore trop faible.

- Une autre solution est de verrouiller la phase de la cavité avec un laser de
longueur d’onde différente. Afin de pouvoir réaliser un tel asservissement,
nous avons besoin d’un laser stable par rapport à notre laser. Un tel système
implique l’utilisation d’un laser accordable ainsi que d’une cavité de synchro-
nisation pour pouvoir asservir la longueur d’onde du laser d’asservissement
sur celui du laser pulsé.
Une méthode moins pérenne mais aussi moins coûteuse peut être de dimi-
nuer les fluctuations de phases avec un laser continu non asservi sur le laser
« maître » . Un des systèmes de mesure de phases proposé ci-dessus permet-
trait de mesurer la phase sur des échelles de temps courtes devant les fluctua-
tions de phases. Les fluctuations de phases seront plus lentes et donc faciles à
mesurer. En revanche, la phase ne sera pas contrôlable, forçant l’expérimenta-
teur à attendre que les fluctuations de phases entre les deux lasers permettent
de faire une tomographie complète.

Amélioration des systèmes de détections

• Comme nous l’avons vu dans le dernier chapitre, la probabilité d’obtenir un
deuxième photon pendant qu’un premier photon est stocké dépend fortement
du taux d’annonce de la création d’une paire de photons.
Les efficacités de détections sont très faibles (5-10 %), limitant notre taux
de succès à 14 %. Il est donc crucial d’augmenter ces efficacités. L’utilisation
de détecteur supraconducteur (Jeannic et al., 2016; Marsili et al., 2013), de
plus en plus populaire, permettrait d’augmenter notre efficacité d’un facteur
2 environ. Mais ce n’est pas là que réside la plus grande partie de nos pertes
de détections, elle proviennent majoritairement du filtrage spectral. Il existe
plusieurs voies possibles pour réduire les pertes du filtrage : la première est
l’utilisation de filtre spectral avec une bande passante égale à la largeur de
notre spectre (∼ 0.3 nm) qui permettrait de passer à des efficacités de l’ordre
de 35 %. La deuxième solution est l’utilisation de sources où l’accord de phase
est contrôlé de façon à n’émettre que des paires ayant la bonne longueur
d’onde (U’Ren et al., 2005).

• Comme le protocole de breeding nécessite un conditionnement homodyne,
l’efficacité de notre détection homodyne est déterminante. Malheureusement
celle-ci n’est que de 77 %. Les pertes sont principalement dues au faible contraste
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entre l’idler et l’oscillateur local, conduisant à environ 20 % de pertes. Ces va-
leurs sont principalement dues à un mauvais accord des fréquences entre les
deux faisceaux. Il est possible de contrôler la fréquence de notre oscillateur
local, soit en utilisant une cavité légèrement désaccordée, soit en modulant
sa fréquence avec un SLM (spatial light modulator) combiné à deux réseaux
optiques (Polycarpou et al., 2012; Roslund et al., 2013).

Augmentation du temps de stockage
Une autre étape importante est l’augmentation du temps de stockage de nos

états. Nous avons vu que les pertes de la mémoire sont principalement dues à la
transmission de la cellule de Pockels (∼ 0.6 %). Pour accroître nos temps de vies, il
suffit donc de réduire le nombre de passages dans la cellule. Ceci peut être réalisé
par l’utilisation d’une cavité plus longue.

Si l’on prend une cavité 10 fois plus longue, on diminue par 10 le nombre de
passages dans la cellule. Cependant, un tel système conduirait à des problèmes de
synchronisations. Un passage de nos photons par une première cavité de synchroni-
sation, dont la longueur correspond à la distance entre nos impulsions, permettrait
de synchroniser les photons dans la cavité plus longue dite cavité de stockage.

Un tel système pose nécessairement des problèmes d’encombrements. La cavité
peut être allongée en utilisant un système similaire à la ligne à retard implémentée
dans le dernier chapitre, ce qui permet de gagner un peu de place. Mais il faudra
revoir tout l’agencement de l’expérience. De plus, une bonne stabilisation du pointé
des faisceaux paraît indispensable, ce qui peut être fait par l’utilisation de plusieurs
fibres à cœur creux entre les différentes cavités, ainsi que sur l’oscillateurs local. Il
faut aussi noter que les fluctuations de phases seront encore plus importantes.

Génération d’états plus complexes
Enfin, sur le long terme, l’utilisation d’une telle mémoire peut permettre de gé-

nérer des états quantiques encore plus complexes comme les états peignes en qua-
dratures. Ces états proposés dans (Gottesman et al., 2001) sont d’une complexité
supérieure à celle des superpositions d’états cohérents. Ils ont l’avantage de résoudre
l’épineux problème de mesure de parité nécessaire pour le calcul quantique : avec
des superpositions d’états cohérents, elle nécessite d’être capable de différencier la
parité du nombre de photons d’un état, alors qu’une simple mesure homodyne per-
met de différencier la parité des états peignes. De plus, la possibilité d’implémenter
des codes correcteurs d’erreurs (Gottesman et al., 2001) fait que ces états sont de
bons candidats pour l’information quantique à variables continues. Plusieurs pro-
tocoles permettant leurs générations ont été proposés (Etesse, 2014; Vasconcelos
et al., 2010).
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Annexe A

Calcul des fonctions de
transmission des cavités

Dans cette annexe, nous allons réaliser les calculs qui n’ont pas été explicités
dans le chapitre 2.

A.1 Le waist de la cavité
Cette partie de l’annexe fait référence à la section 2.1.2. L’objectif était de

déterminer les caractéristiques du mode d’une cavité (équation 2.5)), c’est à dire, le
paramètre complexe q̂ qui reste inchangé après un tour de cavité. Il est donné par
l’équation suivante (2.4) :

q̂ = Acq̂ + Bc

Ccq̂ + Dc

(A.1)

où Ac,Bc,Cc,Dc, sont les paramètres de la matrice ABCD de la cavité Mc. La
matrice Mc représente toutes les transformations subies par le faisceau en un tour
de cavité.

Rappelons que le paramètre complexe d’un faisceau est défini comme suit :

1
q̂

= 1
R

+ i
λ0

πw2 (A.2)

La longueur d’onde λ0 étant donnée par la longueur d’onde du laser. Nous cher-
chons à déterminer les paramètres R et w du mode de la cavité. Pour cela, il nous
faut résoudre l’équation A.1. Elle peut être réécrite de la façon suivante :

1
q̂2 + Ac − Dc

Bc

1
q̂

− Cc

Bc

= 0 (A.3)

On obtient donc une équation du second degré en 1
q̂
. Les solutions de cette

équation sont :

1
q̂

= Dc − Ac

2Bc

± 1
Bc

√(
Ac + Dc

2

)2
− 1 (A.4)



Annexe A. Calcul des fonctions de transmission des cavités

Comme nous l’avons dit dans la section 2.1.2, la condition de stabilité d’une
cavité est la suivante : ⃒⃒⃒⃒

𝐴+𝐷

2

⃒⃒⃒⃒
<1 (A.5)

Ainsi, la racine de l’équation A.4 est complexe. En réalité, l’équation A.1 est une
preuve de cette condition de stabilité. En effet, si nous voulons que le paramètre
1
𝑞

corresponde au paramètre complexe d’un faisceau, définie par l’équation A.2, ce
dernier doit nécessairement être complexe. Si ce n’est pas le cas, le waist du faisceau
doit être infini, ce qui n’est pas une solution physique. La racine de la solution doit
donc forcément être complexe, on obtient donc la condition recherchée que l’on avait
admise dans la section 2.1.2.

On peut donc réécrire l’equation A.4 comme suit :

1
𝑞

= 𝐷𝑐 − 𝐴𝑐
2𝐵𝑐

± 𝑖

𝐵𝑐

√︃
1 −

(︂
𝐴𝑐 +𝐷𝑐

2

)︂2
(A.6)

où :
√︂

1 −
(︁
𝐴𝑐+𝐷𝑐

2

)︁2
∈ R. Par identification avec l’équation A.2, on obtient donc :

1
𝑞

= 1
𝑅

+ 𝑖
𝜆0

𝜋𝑤2 où :

⎧⎪⎪⎪⎪⎨⎪⎪⎪⎪⎩
𝑅 = 2𝐵𝑐

𝐷𝑐−𝐴𝑐

𝑤2 = ± 𝜆0|𝐵𝑐|

𝜋

√︁
1−(𝐴𝑐+𝐷𝑐

2 )2

(A.7)

Comme le waist est une valeur réelle, son carré doit être positif, ce qui nous
donne la relation désirée 1 :

1
𝑞

= 1
𝑅

+ 𝑖
𝜆0

𝜋𝑤2 où :

⎧⎪⎪⎪⎪⎨⎪⎪⎪⎪⎩
𝑅 = 2𝐵𝑐

𝐷𝑐−𝐴𝑐

𝑤2 = 𝜆0|𝐵𝑐|

𝜋

√︁
1−(𝐴𝑐+𝐷𝑐

2 )2

(A.8)

A.2 Calcul de la fonction de transfert d’une ca-
vité

Nous allons démontrer dans cette section la formule de la transmission pour une
cavité circulaire en papillon (équation 2.7). Le schéma de la cavité est représenté
sur la figure A.1 Cette formule est parfaitement similaire à la formule de transfert
d’une cavité Fabry-Perot. Pour la démonstration de la formule (section 2.1.3), nous
nous plaçons dans les conditions suivantes :

• le profil spatial du faisceau est identique à celui de la cavité,

• nous étudions la cavité en papillon représentée sur la figure 2.2,

• on suppose que R3 =R4 =100%.

1. il est intéressant de remarquer que cette solution est unique.
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A.3. Effets de sous-cavités

Figure A.1 – Schéma du modèle de cavité utilisé.

Pour déterminer l’intensité transmise par la cavité, il nous faut passer par les
amplitudes du champ électrique. Le champ en sortie de cavité est donné par la
somme des champs électriques d’une infinité de pulses : celui qui à traversé direc-
tement les deux miroirs M1 et M2, celui qui a fait un tour de cavité, deux tours de
cavité, etc... On choisit l’origine des phases au moment ou un pulse arrive pour la
première fois au miroir M2. On note Δψ la phase accumulée par un pulse en un
tour de cavité, la somme de tout ces champs s’écrit ainsi :

Eout = Ein

√
(1 − R2) (1 − R1) + Ein

√
(1 − R2) (1 − R1)

√
R1R2e

Δψ

+ Ein

√
(1 − R2) (1 − R1)R1R2e

2Δψ

+ ...

+ Ein

√
(1 − R2) (1 − R1) (R1R2)n/2 enΔψ

+ ...

(A.9)

Cette équation peut être réécrite de la façon suivante :

Eout = Ein

√
(1 − R2) (1 − R1)

∑
n∈N

(R1R2)n/2 einΔψ (A.10)

⇔ Eout = Ein

√
(1 − R2) (1 − R1)
1 − √

R1R2eiΔψ
(A.11)

On peut ensuite obtenir l’intensité en sortie de la cavité en appliquant la formule
I = ε0c

2 EE∗, ce qui donne le résultat recherché :

Iout = (1 − R2) (1 − R1)
1 + R1R2 − 2

√
R1R2 cos Δψ

Iin (A.12)

A.3 Effets de sous-cavités
Nous allons dans cette section, détailler le calcul de la transmission d’une cavité

lorsque l’on place une lame de verre dans la cavité. Le schéma du cas étudié est
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Annexe A. Calcul des fonctions de transmission des cavités

Figure A.2 – Schéma du modèle de cavité utilisé. L : Lame de verre.

représenté sur la figure A.2. On prend la même cavité que la section précédente
où l’on place une lame de verre L dans un des bras. Les faces de la lame ont des
coéfficients de réflexions en intensités RL. La lame possède une épaisseur l=2 mm,
sa fonction de transmission en amplitude 𝑡𝐿 est celle d’une cavité Fabry-Perot et a
été calculée dans la section précédente :

𝑡𝐿 = 1 −𝑅𝐿

1 −𝑅𝐿𝑒𝑖𝜓𝐿
(A.13)

où 𝜓𝐿 est la phase accumulée par la lumière en un aller-retour dans le cristal :
𝜓𝐿 = 2𝜋

𝜆
𝐿𝐿. L𝐿 est la longueur effective de la lame, on note 𝐿𝑐 = 2 * 𝑛𝐿 * 𝑙.

On se place dans les même conditions que le calcul de la section précédente A.2.
La transmission de la cavité s’écrit donc :

𝐸𝑜𝑢𝑡 = (1 −𝑅)𝐸𝑖𝑛
[︁
1 + 𝑡𝐿𝑅𝑒

𝑖Δ𝜓 + ...+
(︁
𝑡𝐿𝑅𝑒

𝑖Δ𝜓
)︁𝑛

+ ...
]︁

(A.14)

Elle peut se réécrire comme suit :

𝐸𝑜𝑢𝑡 = 𝐸𝑖𝑛(1 −𝑅)
∑︁
𝑛∈N

(︁
𝑡𝐿𝑅𝑒

𝑖Δ𝜓
)︁𝑛

(A.15)

⇔ 𝐸𝑜𝑢𝑡 = 1 −𝑅

1 −𝑅𝑡𝐿𝑒𝑖Δ𝜓
𝐸𝑖𝑛 (A.16)

On peut en déduire la valeur de l’intensité transmise par la cavité :

𝐼𝑜𝑢𝑡 = (1 −𝑅)2

1 −𝑅2𝑡𝐿𝑡*𝐿 −𝑅 [𝑡𝐿𝑒𝑖Δ𝜓 + 𝑡*𝐿𝑒
−𝑖Δ𝜓]𝐼𝑖𝑛 (A.17)

Afin de pouvoir simplifier cette, nous pouvons réécrire certains termes de cette
façon :

𝑇𝐿 = 𝑡𝐿𝑡
*
𝐿 = (1 −𝑅𝐿)2

1 +𝑅2
𝐿 − 2𝑅𝐿 cos

(︁
2𝜋
𝜆
𝐿𝐿
)︁ (A.18)

𝑡𝐿𝑒
𝑖Δ𝜓 + 𝑡*𝐿𝑒

−𝑖Δ𝜓 = 2𝑇𝐿
1 −𝑅𝐿

[︂
cos

(︂2𝜋
𝜆
𝐿𝑐

)︂
−𝑅 cos

(︂2𝜋
𝜆

(𝐿𝑐 − 𝐿𝐿)
)︂]︂

(A.19)
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A.3. Effets de sous-cavités

où Lc et LL représente respectivement les longueurs effectives de la cavité et de
la lame. Nous obtenons donc :

Iout = (1 − R)2

1 + TLR2 − 2aTLR
Iin (A.20)

où :

• a = cos ( 2π
λ

Lc)−RL cos ( 2π
λ

(LL−Lc))
1−Rl

,

• TL = (1−RL)2

1+R2
L−2RL cos ( 2π

λ
LL) est la transmission de la lame sans cavité.

Ce qui est la relation que nous souhaitions démontrer.
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Annexe B

Table

Cette annexe réunie toutes les tables de ce manuscrit, permettant de rassembler
une grande partie des paramètres et résultats de ce manuscrit.

Espace temporel Espace des fréquences
Val. typ. Grandeur Sym. Sym. Grandeur Val. typ.

>1 μs
(>300 m)

Cohérence
temporelle Tc δν

Largeur des
raies <1 MHz

13 ns
(3.95 m)

Distance
entre deux

pulses
ΔT νrep

Écart entre les
dents/taux de

répétition
76 MHz

2.5 ps
(0.8 mm)

Largeur d’une
impulsion τ Δν

Largeur du
spectre

300 GHz
(0.9 nm)

3 fs
(850 nm)

Période des
oscillations T0 ν0

Fréquence
/longueur

d’onde centrale
350 THz

Table 2.1 – Table d’équivalence entre les espaces temporels et fréquentiels.



Annexe B. Table

Lieu Année fprod α F s Esp.
Libre Papier

LCF
Palaiseau 2006 140 Hz 0.89 70 % 0.56 3

(Ourjoumtsev
et al., 2006b)

LCF
Palaiseau 2007 7 Hz 1.61 41 % 3.5dB 3

(Ourjoumtsev,
2007)

LKB
Paris 2008 1.9 72 % 1 7

(Deléglise
et al., 2008)

IQIS
Calgary 2010 20-

200 Hz
0.6 95 % 1 3

(Bimbard
et al., 2010)

NIST
Boulder 2010 16 H−1 1.76 59 % 1 3

(Gerrits et al.,
2010)

DAP
Tokyo 2013 1.5 Hz 1.3 60 % 1 3

(Yukawa
et al., 2013)

LCF
Palaiseau 2015 0.15 Hz 1.63 61 % 1.52 3

(Etesse et al.,
2015)

LKB
Paris 2015 200 Hz 1.73 67 % 1.41 3

(Huang et al.,
2015)

RQS
Moscou 2017 0.4 Hz 1.82 77 % 1.42 3

(Sychev et al.,
2017)

Table 3.1 – Récapitulatif des différents états chats de Schrödinger optiques pro-
duits.
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Taux de répétition (frep) 800 kHz
Longueur d’onde (λ0) 850 nm

Largeur spectrale (Δλ) 0.2 - 0.5 nm
Largeur des impulsions (τ) 2 - 4 ps
Énergie par impulsions (E) 38 nJ

Puissance crête (Pc) 13 kW
Puissance continue (Pcont) 30 mW

Table 4.1 – Table des paramètres du laser combiné avec le cavity dumper.

Cristal KnBO3

Coefficient non-linéaire (deff ) 12 pm.V−1

Longueur d’onde du fondamental (λ0) 850 nm
Longueur d’onde du faisceau doublé

(λ425)
425 nm

GVM 1.9 ps.mm−1

GVD (850 nm) 360 fs2.mm−1

GVD (425 nm) 1700 fs2.mm−1

Accord de phase Type I non critique
Température du cristal -3°C

épaisseur du cristal 1.5 mm
Waist de la pompe (wfond) 27 μm

Efficacité de conversion 45 %
Largeur temporelle τ425 2 ps
Largeur spectral Δλ425 0.1 nm
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Table 4.2 – Résumé des paramètres de la GSH.
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Annexe B. Table

Cristal KnBO3

Coefficient non-linéaire (d𝑒𝑓𝑓 ) 12 pm.V−1

Longueur d’onde de la pompe (𝜆425) 425 nm
Longueur d’onde de la sonde (𝜆0) 850 nm

Accord de phase Type I non critique
GVM 1.7 ps.mm−1

GVD 360 fs2.mm−1

Configuration non-colinéaire
Température du cristal ∼−1 ∘C

épaisseur du cristal 1 mm
Waist de la pompe (w𝑓𝑜𝑛𝑑) 150 µm
Waist de la sonde (w𝑓𝑜𝑛𝑑) 100 µm
Puissance de la pompe ∼ 10 mW
Puissance de la sonde ∼100 µW

Puissance de l’idler ∼ 10 µW
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Table 4.3 – Résumé des paramètres pour la génération d’états paramétriques.

Paramètres des photons uniques
𝜎 𝛿 𝒩𝑛𝑐 𝒩𝑐 𝜂𝑇 F Fc

1.02 1.28 -0.08 -0.18±0.02 0.77 63 % 78 %

Table 5.1 – Résumé des paramètres de la génération des photons uniques. 𝒩𝑐,
𝒩𝑛𝑐 : négativité de la fonction de Wigner avec et sans correction des pertes, 𝜂𝑇 :
efficacité de la détection homodyne, F : fidélité de l’état sans correction des pertes,
Fc : fidélité avec correction.

Ancienne
configuration

Nouvelle
configuration

Taux de répétition (𝑓𝑟𝑒𝑝) 800 kHz 76 MHz
Longueur d’onde (𝜆0) 850 nm 850 nm

Largeur spectrale (Δ𝜆) 0.2 - 0.5 nm 0.2 - 0.3 nm
Largeur des impulsions (𝜏) 2 - 4 ps 2.5 - 4.5 ps
Énergie par impulsions (𝐸) 38 nJ 7 nJ

Puissance crête (𝑃𝑐) 13 kW 2 kW
Puissance continue (𝑃cont) 30 mW 500 mW

Table 6.1 – Table des paramètres du laser pour l’ancienne configuration (avec le
cavity dumper), et la nouvelle (sans le cavity dumper).
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KnBO3 BiB3O6

Longueur d’onde du
fondamental (λ0)

850 nm 850 nm

Longueur d’onde du
faisceau doublé (λ425)

425 nm 425 nm

Coefficient non-linéaire
(deff ) 12 pm.V−1 3.5 pm.V−1

GVM 1.9 ps.mm−1 0.35 ps.mm−1

GVD (850 nm) 360 fs2.mm−1 124 fs2.mm−1

GVD (425 nm) 1700 fs2.mm−1 350 fs2.mm−1

Accord de phase Type I non critique Type I critique
Spatial walk-off � 53 mrad

Table 6.2 – Comparaison des paramètres théoriques des cristaux de KnBO3 et de
BiB3O6.

Longueur d’onde nx ny nz

425 nm 1.813 1.850 2.002
850 nm 1.764 1.792 1.927

Table 6.3 – Indices du cristal de BiB3O6 à 425 et 850 nm selon les trois axes
naturels du cristal.
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Cristal BiB3O6

Distance entre les miroirs concaves
(L𝑚) 1.13 m

Rayons de courbures (𝑅𝑐) 1 m
Réflexion du miroir d’entrée (𝑅𝐼𝐶) 95 %

Finesse ∼ 61

Configuration du cristal colinéaire
e + e → o

Épaisseur du cristal (𝑒𝑐) 2 mm
Waist de la pompe (w𝑓𝑜𝑛𝑑) 200 µm

Puissance du fondamental (P𝑓𝑜𝑛𝑑) 370 mW
Puissance crête (P𝑝,850) ∼1.6 kW

Puissance de du faisceau doublé(P425) 260 mW
Puissance crête (P𝑝,425) ∼1.1 kW

Efficacité 70 %
Δ𝜆850 0.24 nm
Δ𝜆425 0.09 nm
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Table 6.4 – Résumé des paramètres de la génération de seconde harmonique en
cavité.
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Cristal BiB3O6

Distance entre les miroirs concaves
(Lm) 1.13 m

Rayons de courbures (Rc) 1 m
Réflexion du miroir d’entrée (RIC) 96 − 98 %

Finesse 77 − 155
Configuration non-colinéaire

Épaisseur du cristal (ec) 1 mm
P incident à 425 nm (Pin) ∼ 200 mW

P crête incident425 nm (Pp,in) ∼0.9 kW
Waist de la pompe à 425 nm (wpompe) 200 μm

Puissance résonante(Pres) 11 W
Puissance crête (Pp,res) ∼44 kW

Waist de la sonde (wsonde) 75 μm
Puissance de la sonde Psonde 1 mW
Puissance de la l’idler Pidler 100 μW
Contraste sonde/idler Cs/i 94 %
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Table 6.5 – Résumé des paramètres de l’OPA.

Paramètres des photons uniques
Expérience σ δ Nc (Nnc) fprod ηT F Fc

Chat (chap
5) 1.02 1.28 -0.18±0.02

(-0.08) 1 kHz 0.77 63 % 78 %

Cavité 1.02 1.38 -0.25±0.03
(-0.12) 240 kHz 0.74 −

0.77 68 % 88 %

Paramètres des états à deux photons
2006

(Ourjoumtsev
et al., 2006a)

1.14 1.21 -0.03±0.02
(-0.01) 15 Hz 0.7 � 53 %

Cavité 1.00 1.32 -0.09±0.02
(-0.02) 800 Hz 0.74 −

0.77 48 % 82 %

Table 6.6 – Résumé des paramètres de la génération des états obtenus avec l’utili-
sation de cavité. Nc, Nnc : négativité de la fonction de Wigner avec et sans correction
des pertes, ηT : efficacité de la détection homodyne, F : fidélité de l’état sans cor-
rection des pertes, Fc : fidélité avec correction. Les valeurs des photons uniques
présentés dans le chapitre 5 sont rappelées à titre de comparaison. Il en est de
même pour les états de Fock à deux photons avec ceux obtenus en 2006 sur notre
expérience.
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Paramètres des photons uniques
Expérience 𝜎 𝛿 𝒩𝑐 (𝒩𝑛𝑐) 𝑓𝑝𝑟𝑜𝑑 𝜂𝑇 F Fc

Chat
(chap 5) 1.02 1.28 -0.18±0.02

(-0.08) 1 kHz 0.77 63 % 78 %

Cavité
(chap 6) 1.02 1.38 -0.25±0.03

(-0.12) 240 kHz 0.74 −
0.77 68 % 88 %

QMC 1.01 1.42 -0.26±0.00
(-0.12) ∼200 kHz 0.74 −

0.77 69 % 91 %

Paramètres des états à deux photons
2006

(Ourjoumtsev
et al., 2006a)

1.14 1.21 -0.03±0.02
(-0.01) 15 Hz 0.7 7 53 %

Cavité
(chap 6) 1.00 1.32 -0.09±0.02

(-0.02) 800 Hz 0.74 −
0.77 48 % 82 %

QMC 1.03 1.40 -0.1±0.02
(-0.02) ∼ 250 Hz 0.74 −

0.77 50 % 88 %

Table 7.1 – Résumé des paramètres de la génération des états obtenus avec la ligne
à retard et les cavités. 𝒩𝑐, 𝒩𝑛𝑐 : négativité de la fonction de Wigner avec et sans
correction des pertes, 𝜂𝑇 : efficacité de la détection homodyne, F : fidélité de l’état
sans correction des pertes, Fc : fidélité avec correction. Les valeurs présentées dans
les chapitres 5 et 6 sont rappelées à titre de comparaison.

Sans correction Avec correction
Etat

stocké Temps de vie Négativité Temps de vie Négativité

|1⟩ 108 tours
(1.41 µs)

29 tours
(0.37 µs)

111 tours
(1.44 µs)

59 tours
(0.77 µs)

|2⟩ 39 tours
(0.51 µs)

∼15 tours
(0.2 µs)

39 tours
(0.51 µs)

∼50 tours
(0.65 µs)

Table 7.2 – Rappel des paramètres de la mémoire quantique pour le stockage de
photons uniques et des états de Fock à deux photons.
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Annexe C

Liste des publications

Ces travaux de thèse ont conduit à plusieurs publications :

- J. Etesse, M. Bouillard, B. Kanseri, and R. Tualle-Brouri. Experimental ge-
neration of squeezed cat states with an operation allowing iterative growth.
Physical Review Letters, 114(19) :193602, 2015.

- B. Kanseri, M. Bouillard, and R. Tualle-Brouri. Efficient frequency doubling
of femtosecond pulses with BIBO in an external synchronized cavity. Optics
Communications, 380 :148-153, dec 2016.

- M. Bouillard, G. Boucher, J. Ferrer Ortas, B. Kanseri, and R. Tualle-Brouri.
High production rate of single-photon and two-photon Fock states for quan-
tum state engineering. En préparation

- M. Bouillard, G. Boucher, B. Pointard, and R. Tualle-Brouri. Experimental
storage of single photon and two-photon Fock state with an optical quantum
memory for hybrid quantum state engineering. En préparation
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Résumé
Ce travail porte sur le développement d’outils pour l’ingénierie quantique d’états

non-classiques de la lumière. Trois axes différents sont étudiés qui, combinés en-
sembles, permettent d’obtenir un protocole efficace et polyvalent pour la génération
d’états quantiques Ces états sont générés en tirant profit des avantages distincts des
deux descriptions possibles de la lumière grâce à l’utilisation conjointe des variables
discrètes et continues.

Le premier axe repose sur la réalisation de superpositions arbitraires d ?états
de Fock à zéro et deux photons à partir de deux états à un photon indiscernables.
Cette expérience permet, entre autre, de créer des superpositions d’états cohérents
appelés états chats de Schrödinger optiques. Afin d’augmenter l’amplitude des états
produits, une itération du procédé est possible.

Pour pouvoir rendre possible cette itération, nous augmentons dans un premier
temps le taux de production de notre ressource de base : le photon unique. Pour
cela, nous installons deux cavités optiques synchrones qui permettent d’accroître
la puissance crête des impulsions du laser, exaltant ainsi les effets non-linéaires à
l’origine de la production des photons.

Le dernier axe, consiste à réduire les problèmes liés à la création probabiliste
des photons. Pour cela, une mémoire quantique a été implémentée, permettant de
stocker puis d’extraire un photon sur demande. Le stockage d ?états contenant un
et deux photons a été réalisé. Ce dispositif permettra à terme, en synchronisant
l’état stocké avec l’arrivée d’un autre photon, de créer des états chats à l’intérieur
même de la cavité.

Abstract
This work is focused on the development of tools for quantum state engineering

of non-classical state of light. Three different directions are studied, which, when
combined, lead to efficient and versatile protocols towards the generation of quan-
tum states. Those states are produced by taking advantage of both descriptions of
the light : the discrete and continuous variables of the light.

The first direction consists in the réalisation of arbitrary superpositions of zero
and two-photon Fock states with two indistinguishable single-photon states. This
protocol permits, among others, to create superpositions of coherent states called
Schrödinger cat states. An iteration of the protocol could allow the growth of the
amplitude of the state.

To realize such iteration, we increase the production rate of our basic resource,
namely, the single photon.To do so, we implement two synchronous cavities allowing
the increase of the peak power of the laser pulses, which ultimately enhanced the
non-linear effect at the origin of the photon creation.

The last direction aims to solve the problems related to the probabilistic nature
of the photon creation. In order to store and extract the single photons on demand,
a quantum memory is implemented. The storage of single and two-photon states
has been experimentally realized. This setup should allow in the near future, by
synchronizing the state stored in the cavity with the income of another photon, to
create a cat state inside the cavity itself.
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