
HAL Id: tel-00002191
https://theses.hal.science/tel-00002191

Submitted on 17 Jan 2003

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

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

Piégeage et refroidissement laser du strontium, Etude de
l’effet des interférences en diffusion multiple

Yannick Bidel

To cite this version:
Yannick Bidel. Piégeage et refroidissement laser du strontium, Etude de l’effet des interférences en
diffusion multiple. Physique Atomique [physics.atom-ph]. Université Nice Sophia Antipolis, 2002.
Français. �NNT : �. �tel-00002191�

https://theses.hal.science/tel-00002191
https://hal.archives-ouvertes.fr


UNIVERSITE DE NICE - SOPHIA ANTIPOLIS - UFR SCIENCES

Ecole Doctorale : Sciences Fondamentales et Appliquées

THESE

Présentée pour obtenir le titre de

Docteur en SCIENCES
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Robin KAISER Directeur de thèse

Fernande VEDEL Rapporteur

Chris WESTBROOK Rapporteur

Jean Louis MEUNIER Examinateur

Pierre PILLET Examinateur

Bertrand GIRARD Président

Laboratoire Ondes et Désordre, Sophia Antipolis.



2



3

Remerciements
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I Piégeage et refroidissement sur la transition large 15

1 Laser bleu 19
1.1 Laser infrarouge . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 20
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1.3.1 Référence de fréquence . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 45
1.3.2 Absorption saturée . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 50
1.3.3 Asservissement en fréquence . . . . . . . . . . . . . . . . . 54
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1.3.3 Limitations expérimentales . . . . . . . . . . . . . . . . . . 190
1.3.4 Acquisition du cône, traitement des images, détermination

du facteur d’amplification . . . . . . . . . . . . . . . . . . 195
1.3.5 Résultats sur diffuseurs classiques . . . . . . . . . . . . . . 197
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2.3 Lien avec le modèle quantique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 322

2.3.1 Equations de Bloch optiques généralisées . . . . . . . . . . 322
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Introduction

Atomes froids

Depuis le milieu des années 1980, de nombreuses techniques se sont
développées pour refroidir et piéger un gaz d’atomes [1][2]. Ces techniques sont
principalement basées sur l’utilisation de la force exercée par un laser sur un
atome c’est à dire sur le transfert d’impulsion entre les photons du laser et
l’atome. Avec ces différentes techniques, les physiciens ont ainsi à disposition
un gaz d’atomes froids contenant de 1 à 1010 atomes piégés dans une région
de l’espace pouvant aller du µm au cm. Les températures de ces gaz d’atomes
froids sont typiquement comprises entre le millikelvin et le nanokelvin suivant les
techniques de refroidissement utilisées.

Atomes froids piégés

Ces gaz d’atomes froids piégés présentent un grand intérêt en physique [3].
En effet, à l’aide de lasers et de champs magnétiques, on peut contrôler fine-
ment la position, la vitesse et l’état interne des atomes. De plus aux très faibles
températures atteintes, l’aspect ondulatoire des atomes se manifeste pleinement.
La longueur d’onde de De Broglie associée aux atomes qui est extrêmement petite
pour un gaz d’atomes chauds (∼ 0.1 Å) atteint des dimensions perceptibles pour
un gaz d’atomes froids (10 nm - 10 µm). La manifestation la plus spectaculaire de
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l’aspect ondulatoire des atomes est obtenue lorsque la distance entre les atomes
est de l’ordre de la longueur d’onde de de Broglie. Lorsque cette condition est
atteinte, il se produit un phénomène de condensation où apparâıt un nouvel état
de la matière dans lequel tous les atomes sont dans le même état quantique. La
mise en évidence de ce phénomène appelé condensat de Bose-Einstein en 1997 [4]
a ouvert de nouvelles voies en physique en particulier avec les lasers à atomes [5].

En outre de l’étude de leurs propriétés intrinsèques (interaction avec la
lumière, collisions, non-linéarités...), les gaz atomes froids ont de nombreuses
applications en physique.

Le caractère ondulatoire des atomes froids est utilisé dans des expériences
d’interférométrie atomique. Ces interféromètres sont des détecteurs très sensibles
de l’accélération (gravité [6], rotation [7]).

L’utilisation d’atomes froids dans les horloges atomiques a permis d’ac-
crôıtre considérablement leur précision (exactitude 10−15) [8]. La mesure précise
du temps avec ces horloges à atomes froids devrait permettre d’améliorer
la précision des GPS (”Global Positioning System”). Les horloges atomiques
peuvent être aussi utilisées pour réaliser des tests en physique fondamentale
(tests expérimentaux de théorie de la relativité restreinte ou général, mesure de
l’éventuel dérives des constantes de la physique [9]).

Les atomes froids sont aussi utilisés comme milieu modèle pour étudier des
phénomènes physiques tel que le chaos quantique [11] ou la statistique quantique
comme la transition de Mott [10].

Propagation dans un milieu aléatoire

Dans cette thèse, nous utiliserons un gaz d’atomes froids comme milieu
modèle pour étudier la propagation d’une onde dans un milieu désordonné. Nous
étudierons en particulier le rôle des interférences dans cette propagation. La ma-
nifestation la plus forte de l’effet des interférences dans la propagation d’une
onde dans un milieu désordonné est le phénomène de localisation forte où la dif-
fusion d’une onde dans un milieu désordonné est arrêtée lorsque le libre parcours
moyen de l’onde dans le milieu est voisin de la longueur d’onde. Ce phénomène
a été prédit en 1958 par Anderson [12] dans le cadre du transport d’électrons
dans un milieu désordonné. En 1980, ce phénomène de localisation forte a été
envisagé pour des ondes électromagnétiques. Au contraire des électrons, les pho-
tons n’interagissent pas entre eux et constituent donc un système modèle pour
étudier la localisation forte. Une recherche active s’est développée depuis les
années 80 pour mettre en évidence expérimentalement la localisation forte pour
des ondes électromagnétiques [13]. En 1997, l’observation de la localisation forte
de la lumière dans une poudre de semi-conducteur a été annoncée par Wiersma
[14] mais le rôle de l’absorption dans l’interprétation des données demeurent tou-
jours l’objet d’une discussion [15].

Une autre manifestation des effets des interférences dans la propagation d’une
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A M? M?

Localisation forte

Milieu désordonné

Onde localisée

onde dans un milieu désordonné est la rétrodiffusion cohérente. On observe ce
phénomène lorsqu’on envoie une onde dans un milieu fortement diffusant et qu’on
détecte l’onde diffusée par ce milieu. La rétrodiffusion cohérente se traduit alors
par une surintensité de l’onde diffusée dans un petit secteur angulaire autour
de la direction arrière. Cet effet a été prédit en 1969 [16] et observé dans les
années 80 avec de la lumière [65] [66]. De nombreuses études théoriques ont été
réalisées pour prédire les caractéristiques du signal observé à partir des propriétés
du milieu diffusant [17] [71].

Intensité diffusée

θ�direction
arrière

Rétrodiffusion cohérente

onde incidente

onde diffusée

Milieu désordonné

θ

Rétrodiffusion cohérente de la lumière sur des atomes froids

Dans cette thèse, nous présenterons une étude de la rétrodiffusion cohérente
de la lumière par un gaz d’atomes froids. Ces gaz d’atomes froids sont intéressants
pour l’étude de la rétrodiffusion cohérente de la lumière car ils constituent un mi-
lieu modèle. Les diffuseurs sont tous identiques et les propriétés de diffusion de la
lumière par un atome sont parfaitement connues et ajustables expérimentalement.

La rétrodiffusion cohérente de la lumière par un gaz d’atomes froids a été
observée pour la première fois en 1999 avec des atomes de rubidium [18]. La sur-
intensité de rétrodiffusion cohérente mesurée est cependant beaucoup plus petite
que celle obtenue pour des diffuseurs classiques. Une étude théorique [19] [20]
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a montré que la structure interne dégénérée de l’état fondamental du rubidium
provoquait une diminution du signal de rétrodiffusion cohérente. La construction
d’une expérience de piégeage et de refroidissement d’atomes de strontium qui ne
possède pas de structure interne dans l’état fondamental a alors été entreprise afin
de confirmer l’explication théorique de la diminution du signal de rétrodiffusion
cohérente sur rubidium.

Intérêts du strontium

La construction d’une expérience d’atomes froids de strontium a été aussi en-
treprise à cause des potentialités intéressantes de piégeage et de refroidissement
du strontium. Il possède tout d’abord une transition intense à 461 nm qui permet
d’obtenir des forces de pression de radiation élevées pour pouvoir piéger et refroi-
dir efficacement des atomes initialement chauds. Le strontium possède aussi une
transition étroite à 689 nm. Les forces de pression de radiation sur cette transition
sont juste suffisantes pour vaincre la gravité et piéger les atomes. Cependant la
finesse de cette transition donne des propriétés très intéressantes pour le piégeage
et le refroidissement d’atome. En effet, H. Katori a montré expérimentalement
que le piégeage et le refroidissement avec cette transition permet d’obtenir des
densités spatiales élevées (1012/cm3) et des températures très basses (400 nK)[21].

1S0

1P1

3P1

461 nm

689 nm
Γ/2π = 32 MHz

Γ/2π = 7 kHz

J = 0

J = 1

J = 1

Un gaz d’atomes froids de strontium semble être un bon candidat pour obser-
ver et étudier la localisation forte de la lumière. Les techniques de piégeages sur
cet atome permettent d’obtenir des densités spatiales élevées qui sont nécessaires
pour atteindre le régime de localisation forte. De plus, comme l’atome de stron-
tium ne possède pas de structure interne, les effets d’interférences en diffusion
multiple ne sont pas réduits. On peut aussi remarquer qu’il n’y a pas d’absorp-
tion pour notre gaz d’atomes froids. Ceci rend l’interprétation des résultats plus
faciles.

A plus long terme, la motivation de l’expérience de strontium réside dans
l’étude de la propagation d’ondes de matière dans un milieu aléatoire. Le stron-
tium semble être un bon choix pour cette étude car il est possible d’obtenir un
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gaz d’atomes très froid et donc des ondes de matières très cohérentes. Il est de
plus possible de créer un potentiel désordonné à l’aide du speckle d’un laser.
L’absence de moment cinétique dans l’état fondamental du strontium simplifie
aussi grandement l’approche théorique de la diffusion d’onde de matière (onde
scalaire).

On a vu que le strontium était très intéressant à cause de son absence de struc-
ture interne dans l’état fondamental et par la présence d’une transition étroite.
Cependant la réalisation expérimentale d’un gaz d’atomes froids de strontium
est plus difficile que le césium ou le rubidium généralement utilisés dans ce do-
maine. Le piégeage et le refroidissement de strontium nécessitent tout d’abord
des sources lasers difficiles à réaliser : un laser bleu (461 nm) de forte puissance
et un laser rouge stabilisé en fréquence au kHz. De plus la faible pression de va-
peur saturante et le pouvoir corrosif du strontium demande un appareillage plus
compliqué pour réaliser le piège de strontium.

Plan de la thèse

Dans la première partie de cette thèse, nous décrirons la conception et la
réalisation de l’expérience de piégeage et de refroidissement laser du strontium
qui utilise la transition large du strontium à 461 nm. Nous décrirons en parti-
culier dans cette partie le laser bleu, le piège magnéto-optique et la technique
de chargement du piège. La seconde partie de cette thèse sera consacrée à la
rétrodiffusion cohérente de la lumière. Après une présentation du phénomène,
nous décrirons l’expérience qui nous a permis de mettre en évidence le phénomène
de rétrodiffusion cohérente de la lumière sur des atomes froids de strontium et
nous présenterons les résultats obtenus. Enfin la dernière partie de cette thèse
portera sur la transition d’intercombinaison. La conception d’un laser stabilisé
en fréquence au kHz résonnant avec cette transition sera présentée. A cette oc-
casion, nous donnerons des notions sur les propriétés spectrales d’un laser et sur
l’interaction d’un laser bruyant avec un système physique. Nous finirons cette
partie par l’étude théorique du refroidissement laser sur transition étroite. Nous
verrons en particulier que contrairement au refroidissement sur transition large, le
refroidissement sur transition étroite est régi par une statistique dite ”anormale”.
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Première partie

Piégeage et refroidissement sur la
transition large
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Dans cette partie, nous décrirons une expérience de piégeage et de refroidisse-
ment de strontium qui utilise la force de pression de radiation d’un laser résonnant
avec la transition 1S0 - 1P1 (461 nm).

En 1933, Frisch fit pour la première fois la démonstration de la force de pres-
sion de radiation sur des atomes en déflechissant un jet de sodium avec une
lampe spectrale [39]. Il a fallu ensuite attendre le développement des lasers pour
faire des progrès dans ce domaine. Dans le début des années 80, des équipes
parvinrent à ralentir [40] puis à arrêter [41] [42] un jet atomique de sodium en
utilisant la force de pression de radiation d’un laser. Puis en 1987, l’équipe de
Pritchard mis au point un dispositif permettant à la fois de piéger et de refroidir
un gaz d’atomes provenant d’un jet ralenti par laser [43]. Ce dispositif appelé
piège magnéto-optique utilise la force de pression de faisceaux lasers pour ob-
tenir une force de friction qui refroidit les atomes et une force de rappel qui
piège les atomes. Ce piège magnéto-optique permet d’obtenir un gaz d’atomes à
une température de l’ordre du millikelvin confiné dans une région de l’espace de
l’ordre du millimètre. En 1990, Wieman simplifia la procédure de chargement du
piège en montrant qu’il était possible de charger le piège à partir d’une vapeur
atomique [44].

Actuellement les pièges magnéto-optiques sont couramment utilisés en phy-
sique atomique. On dénombre plus de 100 groupes au monde possédant un piège
magnéto-optique. Les atomes les plus couramment piégés sont le césium et le ru-
bidium. Ces atomes possèdent une transition intense et fermée à partir du niveau
fondamental. Les transitions du rubidium et du césium sont de plus accessibles
avec des lasers à semi-conducteur. Les pièges magnéto-optiques servent souvent
de point de départ pour des pièges permettant d’obtenir des densités plus élevées
(piège magnétique, piège dipolaire) et pour des techniques de refroidissement
permettant d’obtenir des températures plus basses (refroidissement évaporatif,
refroidissement par résonance noire, refroidissement Raman).

Dans cette partie, nous décrirons une expérience de piégeage et de refroidis-
sement laser du strontium. Au début de ma thèse, seul trois groupes dans le
monde avaient réalisé un piège magnéto-optique de strontium [49] [21] [145]. La
réalisation d’un piège magnéto-optique de strontium est plus difficile qu’un piège
de rubidium ou de césium. En effet, la source laser à 461 nm doit être obtenue
par doublage de fréquence. Le strontium a de plus une faible pression de vapeur
saturante et demande donc des températures élevées pour obtenir une vapeur
atomique avec une densité suffisante.

Nous avons divisé cette partie en deux chapitres. Le premier chapitre décrira
la réalisation du laser bleu à 461 nm. Nous décrirons en détail le doublage de
fréquence et l’asservissement en fréquence du laser sur une référence atomique. Le
second chapitre sera consacré à la technique de piégeage et de refroidissement du
strontium. Nous décrirons le piège magnéto-optique et la technique de chargement
utilisée. Nous donnerons aussi les méthodes de mesure des caractéristiques du gaz
d’atomes froids piégés.
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Chapitre 1

Laser bleu

Afin de réaliser un piège magnéto-optique de strontium, nous avons besoin
d’un laser résonnant avec la transition fortement cyclante 1S0 - 1P1 à 461 nm. Ce
laser bleu à 461 nm devra fournir une puissance de l’ordre de 100 mW afin de
pouvoir piéger un maximum d’atomes. Le laser devra de plus avoir une largeur
spectrale inférieure à 32 MHz pour résoudre la transition 1S0 - 1P1 de largeur
naturelle 32 MHz.

La difficulté de ce laser ne réside pas dans la largeur spectrale inférieure à
32 MHz qui est obtenue pour la plus part des lasers monomodes mais dans la
longueur d’onde 461 nm et la puissance désirée ∼ 100 mW. Très peu de lasers
émettent directement à 461 nm. Un laser à colorant pompé par un laser argon
émettant dans l’UV peut laser à 461 nm. Cependant ce système est cher et de-
mande beaucoup d’entretien. Récemment des diodes lasers émettant dans le bleu
sont arrivées sur le marché. Cependant ces diodes ont une longueur d’onde trop
petite ∼ 420 nm et leur puissance est trop faible.

Une autre possibilité consiste à réaliser le doublage en fréquence d’un laser
infrarouge à 922 nm. Cette solution est intéressante car il est possible d’obtenir
des taux de conversion infrarouge bleu importants (� 80%) [23]. Il existe de plus
des lasers à semi-conducteur de puissance émettant à 922 nm avec un spectre
monomode. Nous choisirons donc cette solution pour réaliser notre laser bleu.

La première partie de ce chapitre sera consacrée à la source laser infrarouge à
922 nm utilisée. Puis dans une seconde partie, nous présenterons le doublage de
fréquence réalisé. Enfin, nous présenterons l’asservissement en fréquence du laser
sur une référence atomique.
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1.1 Laser infrarouge

Le laser à 461 nm est obtenu en doublant la fréquence d’un laser à 922 nm.
Pour réaliser le laser à 922 nm, nous avons utilisé un amplificateur optique à semi-
conducteur (”tapered amplifier”) injecté par une diode laser en cavité étendue.
Avec un tel système, il est possible d’obtenir un rayonnement monomode à 922
nm avec une puissance de 500 mW. Nous allons décrire dans la suite les différents
éléments du laser et donner les caractéristiques du laser (puissance, spectre, forme
du faisceau).

1.1.1 Diode laser en cavité étendue

La diode laser en cavité étendue imposera à l’amplificateur optique les pro-
priétés spectrales d’émission. Avec un tel laser, on s’attend à une largeur spectrale
de l’ordre du MHz sur un temps de 50 ms. Ceci est suffisant pour résoudre la
transition 1S0 - 1P1 de largeur naturelle 32 MHz. Il faudra simplement à l’aide
d’un asservissement corriger le bruit basse fréquence et les dérives du laser.

La cavité étendue de la diode laser est constituée d’un réseau de diffraction en
configuration Littrow. Le montage mécanique de la diode sur réseau a été acheté
chez TuiOptics. L’ensemble du montage est asservi en température à l’aide d’un
module à effet Peltier. On peut changer la longueur d’onde de ce laser en modifiant
l’orientation du réseau à l’aide d’une cale piézo-électrique. La longueur d’onde du
laser est aussi sensible à la température et au courant électrique. La diode laser
utilisée dans le montage est une diode SLI non traitée antireflet émettant en fonc-
tionnement libre à température ambiante autour de 914 nm avec une puissance
de 80 mW. En cavité étendue, on peut obtenir un rayonnement monomode à
922 nm en jouant sur l’orientation du réseau et en chauffant la diode à 31 oC.
La puissance obtenue est alors d’une dizaine de mW. On pourra trouver plus de
détails sur les diodes sur réseau dans le chapitre sur le laser rouge.

1.1.2 Amplificateur optique

L’amplificateur optique à semi-conducteur utilisé est un ”tapered amplifier”
acheté chez SDL (SDL TD444). Il est chargé d’amplifier la puissance du fais-
ceau laser émis par la diode sur réseau. Il peut émettre une puissance maximum
de 500 mW pour des longueurs d’onde comprises entre 904 nm et 946 nm. Il
est monté sur une base en cuivre asservi en température à l’aide d’un module
à effet Peltier. Deux lentilles asphériques Geltech traitées antireflet collimatent
les deux faisceaux sortant de l’amplificateur. Le montage de l’amplificateur est
montré sur la figure 1.1. On doit faire particulièrement attention au retour de
lumière dans l’amplificateur optique. Cette lumière serait amplifiée de nouveau
et endommagerait l’amplificateur optique.
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Fig. 1.1 – Montage de l’amplificateur à semi-conducteur
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Fig. 1.2 – Caractéristiques de l’amplificateur optique à semi-conducteur en fonc-
tionnement libre (sans injection) pour une température de 19 oC.

Avant de tester l’injection de l’amplificateur optique, nous avons examiné ses
caractéristiques en fonctionnement libre. Nous avons mesuré la puissance sortant
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des deux cotés de l’amplificateur en fonction du courant (voir figure 1.2). Nous
avons aussi mesuré le spectre optique de la lumière émise par l’amplificateur à
l’aide d’un monochromateur (voir figure 1.2). Le spectre obtenu est très large et
correspond environ à la courbe de gain de l’amplificateur. La lumière émise par
l’amplificateur en fonctionnement libre semble donc correspondre à de l’émission
spontanée amplifiée. Sans autres éléments, l’amplificateur optique ne lase pas
car les faces d’entrée et de sortie de l’amplificateur sont traitées antireflet. On
peut remarquer que le spectre de la lumière émise par l’amplificateur et donc la
courbe de gain se décale vers des longueurs d’onde plus grandes lorsque le courant
augmente. Cette dépendance est essentiellement liée à la monté de la température
dans l’amplificateur lors de l’augmentation du courant.

1.1.3 Injection de l’amplificateur

On peut trouver une caractérisation détaillée de l’injection d’un ”tapered
amplifier” dans la référence [24].

Le montage qui permet d’injecter le faisceau du laser mâıtre dans notre am-
plificateur optique est décrit sur la figure 1.3. On peut noter que deux isolateurs
optiques d’isolation 10−4 sont nécessaires pour éviter que le faisceau émis par la
face d’entrée de l’amplificateur perturbe le laser mâıtre.

Diode en cavité
étendue

Amplicateur optique
à semiconducteur

I.O. I.O.

P ~ 500mW

Lentille cylindrique
f=500mm

Vers doublage
de fréquence

P ~ 10 mW

Fig. 1.3 – Injection de l’amplificateur optique (I.O. : Isolateur Optique).

Les caractéristiques de l’amplification du laser mâıtre ont été mesurées lorsque
celui-ci était monomode. La puissance émise par l’amplificateur en fonction du
courant pour différentes valeurs de puissance optique injectée est représentée sur
la figure 1.4. Le courant maximum est fixé pour ne pas dépasser une puissance op-
tique de 500 mW en sortie de l’amplificateur. Cette puissance maximum donnée
par le constructeur correspond à la puissance maximum que peut émettre l’ampli-
ficateur sans subir de dommage. Sur la figure 1.4, nous avons représenté le courant
donnant une puissance de 500 mW en sortie de l’amplificateur en fonction de la
puissance injectée.

Nous avons aussi mesuré le spectre optique du faisceau laser émis par l’ampli-
ficateur avec un monochromateur et un Fabry Perot. On constate que le spectre
émis par l’amplificateur est pratiquement le même que le spectre émis par la
diode laser en cavité étendue. On peut remarquer qu’en plus du pic très fin cor-
respondant au spectre monomode de la diode laser en cavité étendue, le spectre
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Fig. 1.4 – Caractéristiques de l’amplificateur optique (température 19 oC) injecté
par la diode laser en cavité étendue (monomode, longueur d’onde 922 nm).

de la lumière émise par l’amplificateur possède un fond de fluorescence dont la
largeur correspond au spectre de l’amplificateur sans injection (voir figure 1.2).
La proportion de puissance dans ce fond de fluorescence dépend pour une même
puissance émise par l’amplificateur de la puissance injectée. Plus la puissance
injectée est importante et plus la proportion du fond de fluorescence sera petite.
Pour une puissance à l’entrée de l’amplificateur de 13 mW, le fond de fluores-
cence correspond à environ 1.4% de la puissance totale émise. Pour une puissance
injectée dix fois plus faible, la proportion de la puissance dans la fluorescence est
environ multipliée par deux.

lentille cylinfrique f=500mmlentille f=8mm

500 mm

vue de dessus

vue de coté
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zoom

zoom

zone à gain

zone à gain

Fig. 1.5 – Compensation de l’astigmatisme de l’amplificateur à semi-conducteur

Le faisceau sortant de l’amplificateur optique présente un astigmatisme as-
sez fort du à la forme dissymétrique de l’amplificateur (voir figure 1.5). Pour
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compenser cet astigmatisme, on collimate une des directions du faisceau avec la
lentille asphérique. On utilise ensuite une lentille cylindrique de focale 500 mm
pour collimater la direction du faisceau qui converge. La focale de cette lentille
cylindrique a été choisie afin que le faisceau collimaté ait le même diamètre dans
les deux directions.

On obtient alors en sortie un faisceau à peu près circulaire. Si on regarde la
forme du faisceau en champ lointain (∼ 5 m), on voit en plus du mode spatiale
principale de forme à peu près circulaire, une forme spatiale allongée représentant
environ 5% de la puissance totale (voir figure 1.6). Cette lumière correspond sans
doute à la lumière non guidée par l’amplificateur. Comme le faisceau sortant de
l’amplificateur sera couplé dans une cavité Fabry Perot, la puissance qui n’est
pas dans le mode spatial principal ne pourra pas être utilisée pour le doublage.

mode spatial principal ~ 95%

Fig. 1.6 – Forme du faisceau sortant de l’amplificateur optique après compensa-
tion de l’astigmatisme (Champ lointain ∼ 5 m).

Le laser infrarouge réalisé peut donc délivrer une puissance de 500 mW. Son
spectre optique est monomode avec un fond de fluorescence correspondant à en-
viron 1% de la puissance totale. Pour que cette fluorescence soit la plus faible
possible, on aura intérêt à injecter le maximum de puissance dans l’amplificateur.
On peut enfin noter que 95% de la puissance émise par l’amplificateur est dans
un mode spatial à peu près circulaire. Une bonne partie de la puissance émise
par notre laser infrarouge pourra donc être couplée dans la cavité Fabry Perot
servant au doublage de fréquence.
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1.2 Doublage de fréquence

La théorie du doublage de fréquence est traitée dans de nombreux ouvrages
dont la référence [25]. Nous allons ici donner quelques éléments de théorie qui
permettront de discuter des aspects pratiques du doublage de fréquence.

Le doublage de fréquence est un processus non linéaire où une onde
électromagnétique à la fréquence ω génère une onde électromagnétique à la
fréquence 2ω. Par raison de symétrie, ce processus ne peut avoir lieu que dans
des milieux non centro-symétriques (quartz, KDP, KNbO3). Dans ces milieux, le

champ électromagnétique induit une polarisation non linéaire
−−→
P nl qui est reliée

au champ électrique
−→
E par un tenseur de susceptibilité non linéaire d’ordre 2 :

P nl
i = ε0

∑
j,k

χ
(2)
ijk Ej Ek avec

−−→
P nl = (P nl

1 ,P nl
2 ,P nl

3 ) et
−→
E = (E1,E2,E3) (1.1)

En utilisant la relation précédente, on peut montrer qu’une onde monochroma-
tique à la fréquence ω qui se propage dans le milieu crée une polarisation de ce
milieu à la fréquence 2ω. L’amplitude complexe de la polarisation non linéaire à

la fréquence 2ω (
−−→P2ω ) est alors reliée à l’amplitude complexe du champ électrique

à la fréquence ω (
−→Eω ) par la relation 1 :

P2ω
i (r) =

ε0

2

∑
j,k

χ
(2)
ijk Eω

j (r) Eω
k (r)

avec Eω
i (r,t) =

Eω
i (r) e−iωt + cc

2
et P 2ω

i (r,t) =
P2ω

i (r) e−2iωt + cc

2

Dans la littérature, on utilise généralement les coefficients dijk = χ
(2)
ijk/2 pour

caractériser les matériaux servant au doublage de fréquence. On a alors :

P2ω
i (r) = ε0

∑
j,k

dijk Eω
j (r) Eω

k (r) (1.2)

La polarisation du milieu à la fréquence 2ω conduit à la formation d’une onde
électromagnétique à la fréquence 2ω. Pour une géométrie fixée c’est à dire une
direction du vecteur d’onde et du champ électrique à la fréquence ω fixée, il
est possible de caractériser la génération de seconde harmonique par un unique
coefficient deff :

P2ω(r) = ε0 deff Eω(r)2 (1.3)

où Eω(r) est la norme du vecteur
−→Eω(r) représentant l’amplitude complexe du

champ électrique et P2ω(r) est la projection de la polarisation non linéaire induite

1. On peut trouver dans certaines références, une autre convention pour les amplitudes com-
plexes : A(r,t) = A(r) e−iωt + cc. On pourra alors trouver un facteur deux de différence entre
les relations données dans cette thèse et les relations données dans ces références.
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à la fréquence 2ω (
−−→P2ω(r) ) sur la direction de la polarisation de l’onde émise à la

fréquence 2ω. Ce coefficient deff s’obtient à partir des coefficients dijk en utilisant
la relation 1.2.

Tout au long de la propagation de l’onde à la fréquence ω, il se construit
donc une onde à la fréquence 2ω. Ce processus étant cohérent, il faut, pour avoir
une conversion de fréquence maximum, que la vitesse de phase à la fréquence
ω soit égale à la vitesse de phase à la fréquence 2ω. Cette condition d’accord
de phase est réalisée lorsque les indices aux fréquences ω et 2ω sont égaux. Si
cette condition n’est pas vérifiée, au bout d’une certaine longueur d’interaction
appelée longueur de cohérence, l’intensité à la fréquence 2ω n’augmente plus et
se met à diminuer. Pour des ondes planes, on peut montrer (voir référence [25])
que l’intensité générée à la fréquence 2ω en fonction de la longueur d’interaction
z peut s’écrire 2:

I2ω(z) ∝ d2
eff Iω 2 4 sin2

(
∆kz

2

)
∆k2

avec ∆k = k2ω −2kω =
4π

λ
(n(2ω)−n(ω)) (1.4)

où I2ω, Iω sont les intensités des ondes à la fréquence ω et 2ω, n(2ω), n(ω) sont
les indices de réfraction des ondes à la fréquence ω et 2ω et λ est la longueur
d’onde dans le vide de l’onde à la fréquence ω.

z

I2ω

λ/4
 n(2ω)-n(ω)

deff  I
ω 2

(n(2ω)-n(ω))2α
2

: longueur de coherence

Fig. 1.7 – Intensité générée à la fréquence 2ω en fonction de la longueur d’in-
teraction.

Dans la plus part des milieux, la dispersion de l’indice conduit à une longueur
de cohérence de quelques dizaine de micromètres. La conversion à la fréquence 2ω
s’en trouve alors fortement réduite. Pour obtenir une bonne conversion, on réalise
l’accord de phase en utilisant des cristaux biréfringents. Comme l’indice de ces
cristaux dépend de la polarisation de la lumière, on peut trouver dans certains

2. L’intensité à la fréquence ω est supposée constante.



1.2. DOUBLAGE DE FRÉQUENCE 27

cas une configuration pour laquelle l’indice à la fréquence 2ω est égal à l’indice
à la fréquence ω. Lorsque cet accord de phase est réalisé, le taux de conversion à
la fréquence 2ω est proportionnel au carrée de la longueur d’interaction z :

η =
I2ω

Iω
∝ d2

eff z2 Iω (1.5)

On peut remarquer que la conversion est d’autant meilleure que l’intensité à
la fréquence ω est forte. Ainsi, pour améliorer le taux de conversion, le cristal dou-
bleur est généralement placé dans une cavité optique. L’intensité à la fréquence
ω dans le cristal se trouve donc considérablement augmentée. On obtient alors
des taux de conversions qui peuvent être très élevés (∼ 80 %) [23].

Pour bien décrire la physique du doublage, il faut aussi tenir compte de
la divergence et de l’étendue spatiale du faisceau à la fréquence ω. On peut
alors obtenir des résultats qualitativement différents de ceux donnés par un
raisonnement basé sur des ondes planes.

Dans cette partie, nous présenterons tout d’abord le cristal choisi et la façon
dont l’accord de phase est réalisé. Puis, nous discuterons des caractéristiques
de la cavité optique dans laquelle le cristal est placé. Nous décrirons ensuite la
réalisation expérimentale de la cavité de doublage et nous donnerons les perfor-
mances et les caractéristiques du doublage de fréquence réalisé.

1.2.1 Cristal de doublage et réalisation de l’accord de
phase

Pour obtenir un doublage de fréquence efficace, trois critères interviennent
dans le choix du cristal : l’absorption du cristal à la fréquence laser ω et à son
harmonique 2ω doit être la plus faible possible, il doit posséder une susceptibilité
non linéaire la plus grande possible, enfin il doit permettre de réaliser l’accord de
phase.

Un cristal de niobate de potassium KNbO3 a été choisi pour doubler la
fréquence de notre laser infrarouge à 922 nm. Le niobate de potassium est très
souvent utilisé pour doubler l’infrarouge proche. Il possède une susceptibilité non
linéaire trois fois plus grande que la plus part des autres cristaux [26]. Il a aussi
une très faible absorption à 922 nm et 461 nm (∼ 0.2 − 0.4 %/cm). On verra de
plus qu’il permet de réaliser l’accord de phase à ces longueurs d’onde.

Le niobate de potassium est un cristal biaxe. L’indice de réfraction dépend
de l’orientation du champ électrique de l’onde par rapport aux axes propres du
cristal. Les indices de réfraction d’une onde se propageant avec une polarisation
parallèle à l’un des axes propres du cristal (a,b,c) seront notés na, nb, nc. Pour le
niobate de potassium, ces indices dépendent assez fortement de la température.
A l’aide de la référence [27], on peut déterminer la valeur des indices na, nb, nc en
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fonction de la température et de la longueur d’onde. Sur la figure 1.8, nous avons
représenté les indices du cristal à 922 nm et 461 nm en fonction de la température.

Fig. 1.8 – Indices du KNbO3 pour une polarisation parallèle aux axes propres du
cristal (a,b,c) [27].

On voit sur la figure 1.8 que pour une longueur d’onde de 922 nm l’accord de
phase peut être réalisé à une température de 150 oC si le champ électrique laser à
la fréquence ω est parallèle à l’axe propre b du cristal et si le champ électrique de
l’onde générée à la fréquence 2ω est parallèle à l’axe propre c ( nb(922nm,150oC) =
nc(461nm,150oC) ). Ceci correspond à un accord de phase non critique c’est à dire
que l’accord de phase ne dépend pas au premier ordre de l’angle d’incidence du
laser par rapport aux axes propres du cristal. Le problème de cette méthode
d’accord de phase provient du fait que la température du cristal est proche d’une
transition de phase du cristal à 200oC. Dans ce cas, une variation trop brusque
de la température du cristal peut modifier ses propriétés et donc rendre le cristal
inutilisable pour le doublage.

On a donc choisi d’utiliser un accord de phase critique du type I (e + e → o)
qui peut être réalisé proche de la température ambiante. Pour cette configuration,
le vecteur d’onde et le champ électrique laser à la fréquence ω sont dans le plan
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des axes propres du cristal a et b. Suivant l’angle Φ entre le vecteur d’onde du
laser et l’axe a, l’indice de l’onde à la fréquence ω varie entre na et nb :

1

n(ω)2
=

cos(Φ)2

nb(ω)2
+

sin(Φ)2

na(ω)2

Le champ électrique à la fréquence 2ω est lui parallèle à l’axe c et l’indice vu par
l’onde à la fréquence 2ω est donc égale à :

n(2ω) = nc(2ω)

Comme on a na(ω) < nc(2ω) < nb(ω) pour des températures proches de l’am-
biante (voir figure 1.8), on peut trouver un angle Φ entre le vecteur d’onde et
l’axe a du cristal pour lequel l’indice à la fréquence ω est égal à l’indice à la
fréquence 2ω. Pour une température voisine de 30 oC, l’angle Φ qui satisfait l’ac-
cord de phase est égale à Φ = 48o. En utilisant les résultats de la référence [27],
on trouve que la dépendance en température de cet angle d’accord de phase est
égale à 0.17 o/K et la dépendance en longueur d’onde est égale à 0.46 o/nm.

a

b

kω k2ω S2ω

Sω

DωEω

E2ω D2ω Φ=48°

ρ=1°

E : champ électrique
D : induction électrique
k : vecteur d'onde
S : vecteur de Poynting
a,b,c : axes propres du cristal KNbO3

n(2ω)=n(ω)

kω, Sω

Eω

c

ρ

Fig. 1.9 – Configuration de l’accord de phase critique de type I dans le KNbO3

(T ∼ 30oC) pour λIR = 922 nm λb = 461 nm.

Pour ce type d’accord de phase, le faisceau infrarouge n’étant pas parallèle aux
axes propres du cristal, la propagation de l’infrarouge dans le cristal est soumise
au phénomène de ”walk-off”. Le vecteur d’onde et le vecteur de Poynting ne sont
pas parallèles. L’énergie et la phase de l’onde ne se propagent pas dans la même
direction. Pour un angle de 48o entre l’axe du cristal a et le vecteur d’onde du
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KNbO3

922 nm

461 nm

922 nm

miroir
dichroïque

922 nm+461nm

faisceau bleu
elliptique

Fig. 1.10 – Doublage de fréquence dans le cristal de KNbO3 pour un accord de
phase critique de type I (phénomène de ”walk-off” sur la propagation de l’infra-
rouge dans le cristal).

faisceau infrarouge (angle correspondant à l’accord de phase pour λIR = 922nm
et T ∼ 30oC), l’angle de ”walk-off” est égal à ρ = 1.0 o.

Ce phénomène de ”walk-off” limite l’efficacité du doublage car au bout d’une
distance de l’ordre de w0/ρ (w0 : waist du faisceau), le faisceau bleu créé sort du
faisceau infrarouge et son intensité ne pourra plus continuer à augmenter. Pour
des cristaux de longueur plus grande que ω0/ρ, le taux de conversion η se trouve
donc réduit par rapport à une situation sans ”walk-off”. Dans la référence [33], il
a été montré que pour des longueurs d’interaction l grandes devant

√
πω0/ρ, le

taux de conversion η était simplement proportionnel à la longueur d’interaction
l :

l � ω0/ρ → η ∝ l2

l � ω0/ρ → η ∝ l

√
πω0

ρ

On peut noter aussi qu’avec du ”walk-off”, le faisceau bleu créé aura une forme
elliptique (voir figure 1.10).

Les coefficients non linéaires di,j,k du KNbO3 ont été mesurés par Baumert
pour une longueur d’onde de 1064 nm [29]. En utilisant la règle de Miller [30]
[28], on peut calculer ces coefficients non linéaires du KNbO3 pour la longueur
d’onde de 922 nm et une température de 30oC :

d311 = −17.0 pm/V
d322 = −19.8 pm/V
d333 = −29.6 pm/V

d223,232 = −18.8 pm/V
d113,131 = −17.4 pm/V

Les coefficients non linéaires qui ne sont pas donnés ci dessus sont nuls (symétrie
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du cristal de KNbO3). Dans la configuration de l’accord de phase critique décrit
précédemment, le coefficient non linéaire effectif de génération de seconde har-
monique deff est égal à [28]:

deff = d311 sin(Φ + ρ)2 + d322 cos(Φ + ρ)2

deff = −18.2 pm/V pour Φ = 48o et ρ = 1o
(1.6)

Pour réaliser le doublage de fréquence de notre laser infrarouge, nous utili-
serons donc un cristal de KNbO3 avec un accord de phase critique de type I.
Pour cela, le cristal est taillé selon la configuration de la figure 1.9. Nous allons à
présent nous intéresser à la cavité Fabry Perot dans laquelle le cristal sera placé
pour améliorer le taux de conversion.

1.2.2 Caractéristiques de la cavité de doublage

Afin d’augmenter l’intensité d’infrarouge au niveau du cristal et donc d’aug-
menter le taux de conversion, le cristal de doublage est placé dans une ca-
vité résonnante pour l’infrarouge. Nous utiliserons pour cela la cavité semi-
monolithique représentée sur la figure ci-dessous.

lc=1 cm

Coefficient de reflexion à 922 nm : R
Rayon de courbure Rc

l0

Coupleur :

Coefficient de reflexion nul à 461 nm

Face réfléchissante (R~1)
à 922 nm et 461 nm

Face traitée
antireflet

KNbO3

Par rapport aux cavités en anneau généralement utilisées, cette cavité semi-
monolithique présente plusieurs avantages. Elle est tout d’abord plus compacte
et comporte moins d’éléments optiques. Les pertes liées à la diffusion ou à l’ab-
sorption sur les optiques seront donc à priori plus faibles et donc la puissance
d’infrarouge dans la cavité pourra être plus importante. On pourra donc espérer
un meilleur taux de conversion. Cette cavité semi-monolithique est intéressante
car le ”walk-off” est en parti compensé. En effet, à la réflexion sur la face arrière
du cristal, le vecteur de Poynting du faisceau de retour est parallèle au vecteur
de Poynting du faisceau aller. Le ”walk-off” étant un élément limitant l’efficacité
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de conversion, sa compensation partielle dans notre cavité monolithique permet
donc d’obtenir une meilleur efficacité de conversion.

L’inconvénient de cette géométrie de cavité provient du déphasage à la
réflexion sur la face arrière du cristal entre l’onde infrarouge et l’onde bleu [31].
Le traitement diélectrique qui permet de réfléchir l’infrarouge et le bleu donne
un déphasage entre ces deux longueurs d’onde qui n’est pas contrôlé par le fa-
briquant. La valeur du déphasage sera donc inconnue. Si le déphasage est par
exemple égal à π, l’onde bleue créée sur l’aller sera, sur le retour, reconvertie
en infrarouge. Nous reviendrons plus loin sur les conséquences du déphasage sur
l’efficacité du doublage de fréquence.

Contrairement aux cavités en anneau, notre cavité semi-monolithique produit
une onde stationnaire au niveau du cristal. Par rapport à une onde progres-
sive, l’onde stationnaire ne modifie pas les propriétés du doublage de fréquence.
En effet, le processus supplémentaire dans une onde stationnaire consistant à
créer un photon bleu à partir de deux photons infrarouges contrapropageants est

négligeable car il n’y a pas d’accord de phase possible (
−→
kIR − −→

kIR �= −−→
kbleu). Seul

le processus consistant à créer un photon bleu à partir de deux photons infra-
rouges avec le même vecteur d’onde est efficace pour le doublage de fréquence.
L’onde stationnaire présente dans notre cavité monolithique ne modifie donc pas
les propriétés de doublage de fréquence.

Nous allons à présent donner les caractéristiques de cette cavité monolithique
qui optimise le taux de conversion. Nous commencerons par l’étude du doublage
de fréquence sans le coupleur de la cavité c’est à dire lorsque le faisceau in-
frarouge traverse deux fois le cristal en se réfléchissant sur sa face arrière. Nous
déterminerons dans cette situation le waist qui optimise le doublage de fréquence.
Puis, pour ce waist choisi, nous estimerons après le double passage dans le cristal
le coefficient de conversion γ = P 2ω/P ω 2. Nous étudierons ensuite le doublage en
cavité. Nous estimerons à partir du coefficient de conversion γ la puissance infra-
rouge intracavité Pcav en fonction de la transmission du coupleur. On déterminera
alors la transmission du coupleur qui optimise la puissance d’infrarouge intraca-
vité et donc le taux de conversion. On pourra enfin à partir du coefficient de
transmission choisi estimer la puissance de bleu obtenue à partir du doublage de
fréquence.

Waist du faisceau et efficacité de conversion après un double passage
dans le cristal

Le waist du mode TEM00 de la cavité est situé sur la face arrière du cristal.
La taille du waist w0 est déterminée par le rayon de courbure du coupleur Rc et
la distance entre le cristal et le coupleur l0 :

w0 =

(
λ2

π2

(
lc
n

+ l0

)(
Rc − lc

n
− l0

))1/4

(1.7)
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où λ est la longueur d’onde du faisceau infrarouge dans le vide, n est l’indice de
réfraction du cristal pour l’onde infrarouge et lc est la longueur du cristal.

Le waist du faisceau dans la cavité w0 est un paramètre important. Il
détermine l’intensité d’infrarouge au niveau du cristal I ∝ P/w2

0. Plus le waist
sera petit, plus l’intensité d’infrarouge sera importante et donc plus le taux de
conversion sera important (voir eq. 1.5 page 27). Pour estimer la conversion sur
toute la longueur d’interaction, il faut aussi tenir compte de la divergence du
faisceau. Celui-ci a un waist à peu près constant sur une distance environ égale
à deux fois la distance de Rayleigh 2 Zr = 2 nπw2

0/λ. Pour obtenir un doublage
de fréquence efficace sur toute la longueur d’interaction, il faut donc prendre une
distance de Rayleigh voisine de la moitié de la longueur d’interaction. Il faudra
donc prendre dans notre cas une distance de Rayleigh égale à la longueur du
cristal.

Afin d’obtenir un critère plus quantitatif, nous allons utiliser l’étude de Boyd
et Kleinman sur la génération de seconde harmonique pour le simple passage
d’une onde gaussienne dans un cristal biréfringent présentant du ”walk-off” [33].
Cependant, on ne peut pas directement appliquer les résultats de cette étude à
notre situation. En effet, le double passage dans le cristal avec une réflexion sur
la face arrière n’est pas équivalent au simple passage dans un cristal de longueur
double car le ”walk-off” est compensé à la réflexion et à priori le déphasage
entre l’onde bleue et l’onde infrarouge à la réflexion est non nul. Pour appliquer
les résultats de Boyd et Kleinman à notre cas, nous supposerons que le double
passage dans notre cristal est équivalent à un simple passage dans un cristal de
longueur double avec un angle de ”walk-off” effectif compris entre 0 et ρ (ρ = 1o :
angle de ”walk-off” dans notre cristal). Dans un premier temps, nous supposerons
aussi que le déphasage à la réflexion est nul.

L’étude de Boyd et Kleinman [33] montre que la distance de Rayleigh 3 op-
timisant la génération de seconde harmonique après le simple passage dans une
zone d’interaction de longueur l est égale à :

Zr =
l

2ξm

où ξm est un paramètre sans dimension dépendant du ”walk-off”. Il est compris
entre 1.392 et 2.84 suivant l’angle du ”walk-off” effectif choisi (0 < ρ < 1 o). Pour
notre longueur d’interaction de 2lc = 2cm, la distance de Rayleigh optimisant la
conversion de seconde harmonique est compris entre 7.2 mm et 3.5 mm. Le waist
optimisant le taux de conversion en simple passage est donc compris entre 21 µm
et 31 µm. Deux phénomènes pratiques non pris en compte par Boyd et Kleinman
nous poussent cependant à choisir un waist plus grand.

Le premier phénomène est le gradient thermique dans le cristal provoqué
par l’échauffement local induit par le faisceau infrarouge. Comme l’indice du

3. Les distances de Rayleigh mentionnées ici sont données dans le cristal, il faut donc tenir
compte de l’indice : Zr = nπω2

0/λ.
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cristal dépend de la température, le gradient thermique se traduit par un gradient
d’indice et donc par une inhomogénéité de l’accord de phase dans le cristal.
L’accord de phase ne pourra donc pas être réalisé sur tout le cristal et le taux de
conversion se trouve alors réduit. Le gradient d’indice peut aussi induire un effet
de lentille thermique qui peut rendre la cavité de doublage instable. Ce gradient
thermique étant d’autant plus fort que l’intensité laser est importante, on aura
donc intérêt à choisir le waist le plus grand possible pour minimiser cet effet.

Le deuxième phénomène non pris en compte par Boyd et Kleinman est le
BLIIRA (”Blue Light Induced Infra Red Absorption”) [34]. La lumière bleue créée
par le doublage de fréquence induit des pertes supplémentaires pour l’infrarouge
au niveau du cristal. Ces pertes diminuent la finesse de la cavité et donc la
puissance infrarouge intracavité. On aura donc une efficacité de conversion plus
petite avec le BLIIRA. Les pertes causées par le BLIIRA sont d’autant plus fortes
que l’intensité de bleu est importante [35]. On aura donc intérêt à choisir un waist
le plus grand possible pour limiter cet effet.

A cause du BLIIRA et du gradient thermique, nous choisirons donc un
waist plus grand que celui maximisant le taux de conversion sans tenir compte
des effets thermiques et du BLIIRA. La taille du waist choisie sera donc
environ de 65 µm ce qui correspond à une distance de Rayleigh dans
le cristal de 32 mm. Pour obtenir ce waist, nous choisirons un coupleur de
rayon de courbure Rc = 35mm placé à une distance de l0 = 23mm du cristal
(voir 1.7). D’après l’étude de Boyd et Kleinman [33], avec un tel waist, le taux
de conversion se trouve réduit environ d’un facteur 2 par rapport au waist
optimisant le taux de conversion. Cependant, l’intensité d’infrarouge dans le
cristal est réduite d’un facteur 5 et pour une même puissance de bleu créée,
l’intensité bleue est aussi réduite aussi d’un facteur 5. Ce waist de 65 µm nous
permet donc de conserver un coefficient de conversion γ raisonnable tout en
diminuant fortement les effets thermiques et le BLIIRA.

Afin de déterminer le coefficient de réflexion du coupleur, nous avons besoin
d’une estimation de la conversion après le double passage dans le cristal. Le
coefficient de conversion en simple passage γ est donné par Boyd et Kleinman
[33]:

P 2ω = γP ω2

γ =
16π2 d2

eff l

ε0 n2 c λ3
hm(B,ξ)

(1.8)

où deff est le coefficient non linéaire effectif de génération de seconde harmonique
(voir 1.6), l est la longueur d’interaction, n est l’indice de réfraction du cristal
pour l’onde bleu et infrarouge, λ est la longueur d’onde de l’infrarouge dans le

vide. hm est une fonction sans dimension dépendant du paramètre B = ρ

√
2πn l/λ

2

lié au ”walk-off” et du paramètre ξ = l
2Zr

lié à la divergence du faisceau. Cette
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fonction est donnée sous forme intégrale et représentée dans la référence [33].
Comme discuté précédemment, nous supposerons que le double passage dans

notre cristal est équivalent à un simple passage dans un cristal de longueur double
(2 cm) avec un angle de ”walk-off” effectif compris entre 0 et 1o. On obtient alors
pour les paramètres B et ξ : 0 < B < 4.8, ξ = 0.31. Pour ces valeurs des pa-
ramètres, la fonction hm est comprise entre 0.089 et 0.30. Ceci donne un coefficient
de conversion en simple passage γ compris entre 8.8 mW/W 2 et 30 mW/W 2.

Cette estimation du taux de conversion a été obtenue en supposant que le
déphasage à la réflexion entre l’onde bleue et l’onde infrarouge était nul. Essayons
à présent d’estimer la diminution du taux de conversion due à un déphasage
non nul. Nous négligerons pour cela le ”walk-off” et la divergence du faisceau.
L’onde bleue créée après le simple passage à travers le cristal a une intensité
proportionnelle à sin(∆klc/2)/∆k (voir eq. 1.4 page 26). L’onde bleu créée après
le double passage dans le cristal résulte de l’interférence entre l’onde bleue créée
sur le passage aller de l’infrarouge et l’onde bleue créée sur le passage retour
de l’infrarouge. Le déphasage entre l’onde bleue créée sur l’aller et l’onde bleue
créée sur le retour provient du déphasage à la réflexion φ et d’un déphasage
lié au désaccord de phase ∆k entre le bleu et l’infrarouge . On peut montrer en
utilisant la référence [25] que ce déphasage lié à ∆k est égal à ∆k lc. Le déphasage
total entre le bleu créée sur l’aller et le bleu créée sur le retour est donc égal à
φ + ∆k lc. L’intensité bleue obtenue après le double passage dans le cristal est
donc proportionnelle à l’intensité de bleu créée après un simple passage multipliée
par le terme d’interférence :

I2ω ∝ sin2(∆k lc
2

)

∆k2
4 cos2

(
φ + ∆k lc

2

)
(1.9)

ω

ω
2ω

2ω

bleu créé au passage aller de l'infrarouge

bleu créé au passage retour de l'infrarouge

Interférence
déphasage = ∆k lc+ Φ

Déphasage à la réflexion
entre bleu et infrarouge = Φ

lc

Fig. 1.11 – Interférence entre l’onde bleue créée sur le passage aller de l’infra-
rouge et l’onde bleue créée sur le passage retour de l’infrarouge
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Lorsque le déphasage φ est nul, on retrouve bien avec la relation ci-dessus
l’expression qu’on obtiendrait avec le simple passage dans un cristal de longueur
double. Lorsque le déphasage φ est égal à π, on constate que l’intensité bleue
créée est nulle lorsqu’il y a l’accord de phase entre le bleu et l’infrarouge. Dans
ce cas, l’onde bleue créée sur l’aller et l’onde bleu créée sur le retour interfèrent
destructivement. Pour obtenir une intensité bleue non nulle pour un déphasage
à la réflexion de π, il faut que le déphasage créé par un désaccord ∆k non nul
compense en partie le déphasage φ. Pour un déphasage φ égal à π, on peut
montrer en utilisant l’expression 1.9 que l’intensité bleue est maximum pour un
désaccord égale à ∆k lc 	 3π/4. Cette intensité bleue maximum obtenue pour
un déphasage φ égal à π est environ deux fois plus faible que l’intensité bleue
maximum qu’on obtiendrait avec un déphasage φ nul.

On a donc montré en négligeant le ”walk-off” et la divergence du faisceau que
le déphasage à la réflexion entre le bleu et l’infrarouge fait diminuer l’intensité de
bleu au maximum d’un facteur 2 par rapport au simple passage dans un cristal
de longueur double. Le coefficient de conversion γ après le double passage dans
le cristal est donc compris entre 4.4 et 30 mW/W 2.

4.4 mW/W 2 < γ < 30 mW/W 2

Cette estimation du coefficient γ peut être faussée par l’incertitude sur deff

et par la non prise en compte du ”walk off” et de la divergence du faisceau dans
l’estimation de la diminution du facteur de conversion causée par le déphasage à
la réflexion.

Coefficient de réflexion du coupleur

La cavité optique dans laquelle est placé le cristal de doublage de fréquence
permet de créer une surintensité d’infrarouge dans le cristal et donc d’augmenter
le taux de conversion. Le but de ce paragraphe est de donner la réflectivité du
coupleur qui maximise le taux de conversion du doublage de fréquence.

Nous allons calculer la puissance de bleu obtenue avec notre cavité de doublage
en suivant les calculs de la référence [36]. La puissance de bleu P 2ω est reliée à la
puissance d’infrarouge circulant dans la cavité P ω

c par le coefficient de conversion
en double passage γ estimé dans la partie précédente :

P 2ω = γ P ω 2
c (1.10)

Pour obtenir une puissance de bleu la plus élevée possible, il faut donc maximiser
la puissance d’infrarouge dans la cavité.

A l’aide d’un calcul standard de cavité Fabry Perot, on peut montrer que
lorsque la cavité est à résonance, la puissance d’infrarouge circulant dans la cavité
est déterminée par la relation :

P ω
c =

T(
1 −√

(1 − T )(1 − γP ω
c )(1 − ε)

)2 P ω
i (1.11)
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où T est le coefficient de transmission du coupleur, P ω
i est la puissance d’infra-

rouge incidente, γP ω
c représente les pertes dans la cavité dues à la conversion de

fréquence et ε représente les pertes passives dans la cavité (absorption dans le
cristal, réflectivité résiduelle de la face du cristal traitée antireflet, diffusion sur
les optiques).

On peut remarquer que la puissance intracavité est maximum lorsque toute
la puissance infrarouge incidente est couplée dans la cavité c’est à dire lorsque la
puissance réfléchie par la cavité est nulle. On est dans cette situation lorsque la
transmission du coupleur T est égale aux pertes dans la cavité ε + γP ω

c .
Pour déterminer la transmission du coupleur qui maximise la puissance infra-

rouge intracavité, il faut donc estimer les pertes dans la cavité. Les pertes passives
dans la cavité sont essentiellement liées à l’absorption dans le cristal ∼ 0.2 - 0.4
%/cm dans le cristal et à la réflectivité résiduelle du traitement antireflet sur le
cristal (0.25%). Les pertes passives après un double passage dans le cristal sont
donc environ de 1.1%. Les pertes dans le cristal liées à la conversion de fréquence
sont déterminées par la puissance d’infrarouge couplée dans le mode TEM00 de
la cavité et par le coefficient de conversion γ. Le coefficient de conversion en
double passage γ a été estimé dans la partie précédente, il devrait être compris
entre 4.4 mW/W 2 et 30 mW/W 2. La puissance infrarouge disponible en sortie
de l’amplificateur optique est de 500 mW. Entre la cavité et la sortie du laser,
on peut estimer la perte de puissance à environ 20% 4. Comme le faisceau émis
par l’amplificateur à semi-conducteur n’est pas gaussien, on devrait coupler entre
50% et 90% de la puissance dans le mode TEM0,0 dans la cavité. La puissance
d’infrarouge couplée dans le mode TEM0,0 (P ω

i ) devrait donc être comprise entre
200 et 360 mW.

Connaissant la puissance infrarouge couplée dans la cavité P i
ω, le coefficient

de conversion γ et les pertes passives ε, on peut déterminer à l’aide de la relation
1.11 la puissance infrarouge intracavité. Puis en utilisant la relation 1.10, on peut
obtenir la puissance de bleu P 2ω et donc le taux de conversion η :

η =
P 2ω

P ω
i

=
γP ω 2

c

P ω
i

Sur la figure 1.12, nous avons représenté le taux de conversion η en fonc-
tion de la transmission du coupleur. Les paramètres du doublage de fréquence
ont été choisis à partir des estimations faites précédemment. Nous avons choisi
en particulier, les paramètres qui minimisent le coefficient de transmission opti-
mum (puissance d’infrarouge minimum P ω

i = 200 mW , coefficient de conversion
minimum γ = 4.4 mW/W 2) et les paramètres qui maximisent le coefficient de
transmission optimum (puissance d’infrarouge maximum P ω

i = 360 mW , coeffi-
cient de conversion maximum γ = 30 mW/W 2).

4. Cette perte de puissance provient essentiellement des pertes dans les deux isolateurs op-
tiques.
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Fig. 1.12 – Taux de conversion η en fonction de la transmission du coupleur T .
Les pertes ont été prises égales à ε = 1.1%.

On peut voir sur la figure 1.12 qu’un coefficient de transmission du coupleur
de 3.5% permet d’optimiser le taux de conversion η pour les paramètres qui
minimisent la puissance de bleu (P ω

i = 200 mW , γ = 4.4 mW/W 2). On obtient
alors un taux de conversion égal à η = 70% et une puissance de bleu P 2ω =
140 mW . Ce coefficient de transmission T = 3.5% n’optimise pas le taux de
conversion pour des puissances d’infrarouge et des coefficients de conversion γ plus
élevées, cependant le taux de conversion obtenu est proche du taux de conversion
optimum.

En choisissant une transmission du coupleur égale à T = 3.5%, on devrait
donc obtenir une puissance de bleu au moins égale à 140 mW .

Lorsque le coupleur de la cavité est optimisé pour maximiser le taux de conver-
sion c’est à dire lorsque T = γ P ω

c + ε, on peut montrer en utilisant les relations
1.10 et 1.11 que le taux de conversion peut s’écrire 5:

η =
P 2ω

P ω
i

=
γ P ω

c

ε + γ P ω
c

On voit sur cette dernière relation que le taux de conversion dépend uniquement
du rapport entre les pertes passives et les pertes par conversion de fréquence.
Pour obtenir le taux de conversion le plus élevé possible, il faudra donc rendre

5. On a utilisé l’approximation T, ε, γ Pc � 1.
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les pertes passives les plus petites possibles devant les pertes par conversion. Si
les pertes passives sont négligeables devant les pertes par conversion, le taux de
conversion atteint alors 1. Toute la puissance d’infrarouge est alors convertie en
bleu.

Les choix technologiques effectués dans cette partie ont donc visé à minimiser
le rapport entre les pertes passives et les pertes par conversion. Nous avons choisi
un cristal de KNbO3 qui un coefficient non-linéaire de doublage deff élevé et des
pertes passives faibles. La cavité monolithique de doublage permet en réduisant
le nombre d’éléments optiques dans la cavité de minimiser les pertes passives. Ce
type de cavité améliore aussi le coefficient de conversion γ car le ”walk-off” est en
partie compensé. Enfin le waist de la cavité de 65 µm permet d’avoir un coefficient
de conversion γ élevée tout en n’induisant pas de pertes passives supplémentaires
(BLIIRA).

1.2.3 Réalisation pratique du doublage de fréquence

Dans la partie précédente, nous avons discuté des choix technologiques ef-
fectués pour le doublage de fréquence. Nous allons à présent décrire la réalisation
pratique de la cavité de doublage.

Description de la cavité de doublage

Pour réaliser la cavité monolithique de doublage de fréquence, nous avons
acheté un cristal de KNbO3 avec une coupe réalisée suivant la figure 1.9. Il
présente une face traitée antireflet et une face réfléchissante pour 922 nm et 461
nm. Le coupleur utilisé est un miroir sphérique avec les caractéristiques définies
dans la partie précédente (T=3.5%, Rc=35mm). On peut noter que les trai-
tements diélectriques ont été choisis pour pouvoir résister aux intensités d’in-
frarouge élevées obtenues dans la cavité (∼ 100 kW/cm2). Les caractéristiques
détaillées de la cavité monolithique sont représentées sur la figure ci-dessous.

10 mm

Coefficient de transmission à 922 nm : 3.5%
Rayon de courbure : 35 mm

~23 mm

Coupleur :

Coefficient de tranmission à 461 nm > 95 %

Face réfléchissante
R>99.9% à 922nm
R>99.5%à 461 nm

Face traitée antireflet
R<0.25% à 922nm
R<0.5 % à 461nm

Waist w0 = 65 µm

KNbO3

a

b
48°

1°
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Pour obtenir l’accord de phase pour le doublage de fréquence, la température
du cristal doit être homogène et maintenue constante à une température voisine
de 30oC. En utilisant la dépendance en température des indices de réfraction du
KNbO3 (figure 1.8 page 28) et la relation 1.4, on trouve que les fluctuations de
températures au niveau du cristal doivent être inférieures à 0.01 K pour obte-
nir des fluctuations de puissance de bleu inférieures au %. La stabilisation en
température du cristal à 0.01 K est réalisée de la manière suivante. Le cristal de
KNbO3 est tenu dans une monture en cuivre avec laquelle il est en contact ther-

coupleur
Cristal KNbO3

cale piézo-électrique

Miroir dichroîque

Module à
effet Peltier

Base avec position et
orientation réglable

Photodiode

Boite thermostaté en temperature

Lame de cuivre
Ressort

coupleur

Cale piézo-électrique

922 nm

461 nm

Monture de cuivre dans
laquelle est placée le cristal

Fig. 1.13 – Cavité de doublage
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mique. Il est plaqué contre les parois de cuivre à l’aide de deux lames de cuivre
sur lesquelles appuient quatre ressorts. Ce montage permet d’obtenir un bon
contact thermique entre le cuivre et le cristal sans provoquer trop de contraintes
mécaniques sur le cristal. Il faut faire attention que le cristal ne subisse pas trop de
contraintes mécaniques. Des contraintes au niveau du cristal pourraient en effet
engendrer une tension électrique (par effet piézo-électrique) au niveau du cristal
et le rendre inutilisable pour le doublage de fréquence. La monture de cuivre dans
laquelle est maintenu le cristal est asservie en température à l’aide d’un module
à effet Peltier. Pour éviter les chocs thermiques qui pourraient endommager le
cristal, l’ensemble de la cavité de doublage est dans une boite maintenue à une
température de 27oC à l’aide de transistor de puissance. On obtient avec un tel
asservissement une stabilisation en température au niveau du cristal de l’ordre
de 0.01 K. On devrait donc avoir des fluctuations de puissance de bleu inférieures
au %.

Le cristal et sa monture sont placés sur une base dont la position et l’orienta-
tion son réglables. On règle cette monture afin que le mode TEM0,0 de la cavité
ne soit pas coupé par les bords du cristal ou du coupleur.

Un miroir dichröıque placé à l’entrée de la cavité de doublage permet de
séparer le faisceau infrarouge et le faisceau bleu.

Couplage du faisceau infrarouge dans le mode TEM00 de la cavité

Après être rendu circulaire (voir page 23), le faisceau laser à 922 nm émis
par l’amplificateur optique à semi-conducteur traverse deux isolateurs optiques
(isolation par isolateur ∼ 10−4) afin que le faisceau infrarouge réfléchi par la
cavité de doublage ne perturbe pas le fonctionnement de l’amplificateur à semi-
conducteur. Pour coupler le faisceau infrarouge dans le mode TEM0,0 de la cavité,
le waist du faisceau devra être positionné sur la face arrière du cristal et sa taille
doit correspondre au waist du mode TEM0,0 de la cavité. Pour cela, on utilise un
télescope de grandissement 1.5 et une lentille (f=300mm) focalisant le faisceau
sur la face arrière du cristal. Le réglage de l’adaptation de mode est effectué en
mesurant les pics de transmission de la cavité et en visualisant la forme des modes
transmis par la cavité.

On obtient ainsi une puissance infrarouge couplée dans le mode TEM0,0 de la
cavité de l’ordre de 300 mW. La puissance infrarouge incidente sur la cavité étant
de 400 mW, on obtient un taux de couplage de 75%. Ce taux de couplage est sans
doute limité par la forme non gaussienne du faisceau sortant de l’amplificateur
optique.

Asservissement de la longueur de la cavité

Pour obtenir une surintensité d’infrarouge au niveau du cristal, la cavité doit
toujours être résonnante pour la fréquence du laser infrarouge. On doit donc asser-
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vir la longueur de la cavité de doublage pour que celle-ci soit toujours résonnante
avec le laser infrarouge.

La longueur de la cavité de doublage est contrôlée avec une cale piézo-
électrique collée sur le coupleur. Le signal d’erreur de l’asservissement est obtenu
en envoyant une modulation à 30 kHz de faible amplitude sur la tension de la
cale piézo-électrique. On réalise alors une détection synchrone de cette modula-
tion sur l’intensité bleue créée par le doublage qui est maximum lorsque la cavité
est à résonance. Le signal d’erreur obtenu est ensuite envoyé après un élément
proportionnel/intégral sur la tension de la cale piézo électrique. On a ainsi réalisé
une boucle de rétroaction qui permet à la cavité de doublage d’être toujours en
résonance avec l’infrarouge. Cet asservissement permet de compenser les dérives
de la cavité et de corriger une partie du bruit acoustique qui fait varier la lon-
gueur de la cavité. On obtient alors un bruit en intensité de l’ordre de quelques
%.

Lorsque l’on asservit la longueur de la cavité de doublage, on constate que la
température de l’accord de phase change. En effet, la surintensité d’infrarouge au
niveau du cristal obtenue lorsque la cavité est à résonance crée un échauffement du
cristal. Le cristal se trouve alors à une température plus élevée que la monture de
cuivre asservie en température. Pour avoir l’accord de phase une fois que la cavité
est asservie, il faut donc régler la température de la monture à une température
inférieure à la température de l’accord de phase.

1.2.4 Performance de la cavité de doublage

Nous obtenons avec la cavité de doublage décrite précédemment de 150 à 200
mW de bleu pour 400 mW d’infrarouge à l’entrée de la cavité. Cette puissance
de bleu dépend du taux de puissance infrarouge couplée dans le mode TEM0,0

de la cavité qui a été estimé à environ 75% ce qui correspond à environ 300 mW.
La puissance de bleu maximum est obtenue en optimisant le désaccord

de phase ∆k. On change expérimentalement ce paramètre en modifiant la
température du cristal. Sur la figure 1.14, nous avons représenté la puissance
de bleu en fonction du désaccord de phase. Deux effets déterminent l’allure de
cette courbe. Le premier effet est la dépendance en désaccord de phase ∆k de
la puissance de bleu créée en simple passage. Cet effet donne l’enveloppe de la
courbe. Le deuxième effet est l’interférence entre le bleu créé au passage aller de
l’infrarouge dans le cristal et le bleu créé au passage retour. Cet effet est res-
ponsable du trou au centre de la courbe et des oscillations. Nous avons montré
précédemment (voir page 35) que le déphasage entre le bleu créé à l’aller et le bleu
créé au retour était égal à Φ + ∆klc. Pour ∆k = 0, le déphasage est uniquement
issu du déphasage à la réflexion Φ entre le bleu et l’infrarouge. Le trou en ∆k = 0
sur la courbe expérimentale signifie donc que le déphasage à la réflexion Φ est
compris entre π et π/2.

Le faisceau bleu obtenu avec notre doublage de fréquence a une forme ellip-



1.2. DOUBLAGE DE FRÉQUENCE 43
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Fig. 1.14 – Puissance de bleu en fonction du désaccord de phase. Le désaccord
de phase ∆k a été changé en agissant sur la température du cristal.

tique. Cette forme elliptique provient du ”walk-off” (voir page 30). On peut noter
que lorsque le désaccord de phase ∆k est grand des franges apparaissent sur le
faisceau bleu. La présence de ces franges peut s’expliquer par le ”walk off” et
l’interférence entre le bleu créé au passage aller de l’infrarouge dans le cristal et
le bleu créé au passage retour de l’infrarouge.

Fig. 1.15 – Forme du faisceau bleu en champ lointain pour différents désaccords
de phase ∆k. La première photo correspond au désaccord optimisant la puissance
de bleu

Nous avons représenté sur la figure 1.16, le taux de conversion c’est à dire
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le rapport entre la puissance de bleu et la puissance d’infrarouge couplée dans
le mode TEM0,0 en fonction de la puissance d’infrarouge couplée dans le mode
TEM0,0. Le taux de conversion pour une puissance maximum de 315 mW d’in-
frarouge couplée est égal à 50 %. Le taux de conversion mesuré est plus faible que
les prévisions théoriques (voir page 38). Cette différence peut provenir soit de
pertes anormalement élevées dans la cavité ou soit d’un coefficient de conversion
γ anormalement faible.

0 50 100 150 200 250 300 350
0.0

0.1

0.2

0.3
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0.5
 P

bleu
=158 mW

315 mW

Puissance infrarouge couplée dans le mode TEM0,0 en mW

Taux de conversion Pbleu/PIR couplée

Fig. 1.16 – Efficacité du doublage de fréquence

La cavité de doublage réalisée permet donc d’obtenir une puissance de bleu
égale à 150 − 200 mW avec un taux de conversion voisin de 50 %. Bien que le
taux de conversion soit plus faible que la prévision théorique, la puissance de bleu
est largement suffisante pour réaliser l’expérience de piégeage et de refroidisse-
ment du strontium. On pourra trouver plus de détail sur les caractéristiques de
notre cavité de doublage dans la référence [38]. Il y est aussi décrit un modèle
numérique et analytique qui traite du doublage de fréquence dans notre cavité
semi-monolithique.
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1.3 Asservissement sur la transition du stron-

tium

Le laser bleu décrit dans les parties précédentes a été obtenu par l’amplifica-
tion puis le doublage d’une diode laser en cavité étendue. La largeur spectrale
du laser bleu correspond donc au double de la largeur spectrale de la diode en
cavité étendue. Ce type de laser ayant typiquement une largeur spectrale de 1
MHz sur un temps de 50 ms, on s’attend pour le laser bleu à une largeur spectrale
de 2 MHz sur 50 ms. La largeur spectrale du laser bleu est donc suffisamment
petite pour résoudre la transition 1S0 - 1P1 du strontium. L’asservissement en
fréquence du laser bleu sera donc simplement chargé de corriger le bruit basse
fréquence et les dérives du laser. Dans cette partie, nous décrirons dans un pre-
mier temps la référence de fréquence utilisée, puis nous présenterons la technique
d’asservissement utilisée.

1.3.1 Référence de fréquence

La référence de fréquence utilisée est une vapeur atomique de strontium. La
réalisation d’une cellule contenant une vapeur de strontium ou d’un autre alcalino-
terreux est cependant assez difficile. En effet, la pression de vapeur saturante
des alcalino-terreux est de deux ordres de grandeurs plus faible que celle des
alcalins. Pour obtenir une densité atomique suffisante, il faut donc chauffer le
strontium à des températures supérieures à 200oC. De plus, les alcalino-terreux
sont assez réactifs avec le verre. Aux températures nécessaires pour obtenir une
densité atomique suffisante, la vapeur d’alcalino-terreux réagit chimiquement avec
le verre et le rend opaque. Contrairement aux alcalins, une cellule de verre n’est
donc pas utilisable pour contenir la vapeur de strontium.

On a donc choisi d’utiliser un ”heat pipe” pour contenir la vapeur de stron-
tium. Le principe de ce dispositif consiste à utiliser un gaz tampon pour éviter à
la vapeur de strontium d’être en contact avec les fenêtres en verre. Le schéma de
notre ”heat pipe” est représenté sur la figure 1.17. Il est constitué d’une partie
chaude contenant le strontium sous forme solide. Une vapeur de strontium dont
la densité dépend de la température se forme donc dans cette partie. Deux trous
de diamètre 5 mm permettent à un faisceau laser de traverser la vapeur. Cette
partie chaude est placée dans un tube avec à chaque extrémité un hublot en verre
à température ambiante. Un gaz tampon d’argon présent dans l’ensemble du
tube empêche la vapeur de strontium d’être en contact avec les hublots en verre.
En effet, les multiples collisions que subissent les atomes de strontium avec les
atomes d’argon empêchent à la vapeur de strontium créée dans la partie chaude
d’atteindre les hublots en verre. Pour cela, il faut que le libre parcours moyen
entre deux collisions soit très petit devant la distance entre la partie chaude et
le hublot. La pression d’argon qui détermine ce libre parcours moyen ne peut
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Fig. 1.17 – ”Heat pipe” de strontium

cependant pas être infiniment grande car les collisions entre l’argon et le stron-
tium élargissent et déplacent la transition atomique. Il faut donc vérifier qu’à la
pression nécessaire pour éviter à la vapeur de strontium d’atteindre le hublot,
l’élargissement et le déplacement collisionnel reste petit ou voisin de la largeur
naturelle de la transition.

Nous allons à présent évaluer les différentes caractéristiques de ce ”heat pipe”.
Nous donnerons la température de la partie chaude pour laquelle la densité de
strontium est suffisante pour obtenir une absorption non négligeable du laser.
Nous estimerons aussi la pression d’argon nécessaire pour éviter à la vapeur de
strontium d’atteindre les hublots. Nous estimerons enfin le taux de perte du
strontium dans la partie chaude.

Température

Afin d’obtenir un signal suffisamment fort pour l’asservissement en fréquence
du laser bleu, la vapeur atomique de strontium doit avoir une absorption du
laser voisine de 50%. Dans ce paragraphe, nous allons évaluer la température de
la partie chaude du ”heat-pipe” pour laquelle l’absorption du faisceau laser par
la vapeur est voisine de 50 %. Pour cela nous devons évaluer la section efficace
d’absorption des atomes de strontium et la densité atomique en fonction de la
température.
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La courbe représentant la densité atomique de la vapeur de strontium en
fonction de la température est donnée en annexe page 356. En utilisant le fit
par la loi de Clausius-Clapeyron de la pression de vapeur saturante de strontium
en fonction de la température et la loi des gaz parfaits, on peut obtenir une
expression analytique reliant la densité de strontium n0 et la température T .

Si on néglige les collisions, la section efficace d’absorption à faible intensité
laser (I � Isat = 42 mW/cm2) pour un atome avec une vitesse v suivant l’axe du
laser est égale à :

σ =
σ0

1 + 4(δL−k v)2

Γ2

où σ0 = 3λ2/2π est la section efficace d’absorption à résonance, δL = ωL − ω0 est
le désaccord laser, Γ est la largeur naturelle de la transition et k = 2π/λ est le
vecteur d’onde du laser. A cause de l’effet Doppler qui modifie la fréquence laser
apparente, cette section efficace dépend fortement de la vitesse de l’atome. Nous
devons donc connâıtre la distribution de vitesse des atomes. Pour la vapeur ther-
mique de strontium, la densité d’atomes ayant une vitesse v suivant la direction
du laser est égale à :

n(v) = n0
1√

2π vT

exp

(
− v2

2 v2
T

)
avec vT =

√
kB T

m

où n0 est la densité atomique totale donnée page 356, kB est la constante de
Boltzmann, T est la température de la vapeur et m est la masse du strontium.

La transmission d’une vapeur de longueur L s’obtient en utilisant la loi de
Beer-Lambert et en intégrant sur la distribution de vitesse atomique. On obtient
alors :

Tv = exp

−n0 σ0 L
1√

2π vT

∫
e
− v2

2 v2
T

1 + 4(δL−k.v)2

Γ2

dv


Comme la largeur naturelle (Γ/2π = 32 MHz) est très petite devant la largeur en
fréquence de la distribution de vitesse (k vT /2π = 500 MHz), on peut assimiler
la lorentzienne dans l’intégrale précédente à un pic de Dirac 6. On obtient alors :

Tv = exp

(
−n0 σ0 L

√
π

8

Γ

k vT
e
− δ2L

2(kvT )2

)

Dans notre ”heat pipe”, le faisceau laser traverse une vapeur atomique de
strontium de longueur 45 mm. La transmission d’un laser dans notre heat pipe
s’obtient donc en utilisant la formule précédente et la relation densité température
de l’annexe page 356. On trouve alors que la température de la partie chaude du

6. Comme les ailes de la lorentzienne décroissent moins vite qu’une gaussienne, cette ap-
proximation n’est pas valable lorsque δL � k vT .
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”heat pipe” doit être égale à 286 oC pour obtenir une transmission d’un faisceau
laser résonnant (δL = 0) égale à 50%. Ceci correspond à une densité atomique de
3.8 109 atomes/cm3 et une pression de vapeur saturante égale à 3 10−7 mbar.

Pression d’argon

La pression d’argon dans le ”heat pipe” doit satisfaire simultanément deux
conditions. Elle doit être suffisamment forte pour que le libre parcours moyen
des atomes de strontium soit petit devant la distance entre les hublots en verre
et la partie chaude du ”heat pipe” contenant la vapeur de strontium. Ainsi, les
multiples collisions que subissent les atomes de strontium empêchent la vapeur de
strontium d’atteindre les hublots en verre et donc de les couvrir. La pression d’ar-
gon doit être en même temps suffisamment basse pour obtenir un élargissement
et un déplacement collisionnel de la transition atomique faibles. Il sera ainsi pos-
sible d’obtenir un signal pour l’asservissement en fréquence du laser bleu centré
sur la transition du strontium avec une largeur en fréquence proche de la largeur
naturelle de la transition. Avant d’estimer le déplacement et l’élargissement colli-
sionnel en fonction de la pression d’argon, nous allons commencer par donner un
raisonnement qualitatif pour savoir s’il existe une pression d’argon qui satisfait
les deux conditions décrites précédemment.

L’élargissement et le déplacement collisionnel de la transition sont voisins de
la largeur naturelle de la transition lorsque le temps moyen entre deux collisions
τcoll est de l’ordre du temps de vie du niveau excité 1/Γ. Ce temps moyen entre
deux collisions de 1/Γ donne un libre parcours moyen des atomes de strontium
de l’ordre de :

l ∼ 〈v〉
Γ

où 〈v〉 est la vitesse moyenne des atomes. Pour une vapeur à 300oC, cette vitesse
moyenne est de l’ordre de 400 m s−1. On obtient alors un libre parcours moyen
de l’ordre de 2 µm. Lorsque le déplacement et l’élargissement collisionnel sont
voisins de la largeur naturelle de la transition, on obtient donc un libre parcours
moyen de 2 µm très petit devant la distance entre le hublot et la vapeur de
strontium (8 cm). Il semble donc possible de trouver une pression d’argon pour
laquelle la vapeur de strontium ne peut pas atteindre les hublots et qui donne un
élargissement et un déplacement collisionnel faibles.

On peut trouver dans la référence [37], la mesure de la section efficace de
collision strontium argon pour l’élargissement et le déplacement de la transition
1S0 - 1P0 à 461 nm :

σshift = −96.10−16 cm2

σbroad = 297.10−16 cm2

Le déplacement δνcoll et l’élargissement Γcoll collisionnel de la transition s’ob-
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tiennent en utilisant les formules suivantes [37]:

δνcoll =
σshift 〈v〉coll nAr

2π

Γcoll

2π
=

σbroad 〈v〉coll nAr

π
avec

Γtot

2π
=

Γ

2π
+

Γcoll

2π

où nAr = PAr/kB T est la densité d’argon, 〈v〉coll est la vitesse moyenne entre les
deux atomes qui font une collision :

〈v〉coll =

√
8 kB T

π

(
1

mSr
+

1

mAr

)
Les relations précédentes nous montrent que l’élargissement et le déplacement
collisionnel sont proportionnels à la pression d’argon. Pour une vapeur à 300oC,
on obtient

d δνcoll

d PAr
= −1.3 MHz/mbar

d Γcoll/2π

d PAr
= 8.1 MHz/mbar

(1.12)

Une pression de l’ordre du mbar semble donc être un bon choix pour éviter à
la vapeur de strontium d’atteindre les hublots tout en gardant un élargissement
et un déplacement collisionnel faible. La valeur exacte de la pression utilisée sera
déterminée expérimentalement. On diminuera la pression d’argon jusqu’à ce que
la largeur de la transition atomique arrête de diminuer.

Taux de pertes du strontium

Comme la vapeur de strontium peut fuir par les trous servant au passage
du laser (voir figure 1.17), la quantité de strontium solide présent dans la partie
chaude diminue au cours du temps. Nous allons déterminer dans ce paragraphe
le taux de perte de strontium.
Le flux d’atome de strontium sortant de la partie chaude est de l’ordre de :

n0 〈v〉S

2

où n0 est la densité de strontium dans la vapeur, 〈v〉 est la vitesse moyenne
des atomes et S est la surface totale des trous. On obtient avec deux trous de
diamètre 5 mm et une température de 300oC un taux de pertes de 0.3 g/an. La
partie chaude du ”heat pipe” qui peut contenir quelques grammes de strontium à
l’état solide doit donc être rechargée en strontium qu’au bout de plusieurs années.

Le ”heat pipe” représenté sur la figure 1.17 permet donc d’obtenir une vapeur
de strontium avec une absorption de 50% pour une température voisine de 300oC.
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L’argon présent dans le ”heat pipe” peut empêcher la vapeur atomique de stron-
tium d’atteindre les hublots tout en ayant un élargissement et un déplacement
collisionnel faibles. Enfin, on a vu de plus que la recharge en strontium du ”heat
pipe” ne doit se faire qu’au bout de plusieurs années d’utilisation.

1.3.2 Absorption saturée

A partir de l’interaction du laser avec la vapeur atomique, on doit obtenir un
signal permettant d’asservir en fréquence le laser bleu. Pour cela, on doit avoir
un signal dispersif avec une largeur en fréquence voisine de la largeur naturelle
de la transition.

A cause de l’effet Doppler, les signaux d’absorption et de fluorescence de
la vapeur de strontium ont une largeur de 1.2 GHz correspondant à la largeur
de la distribution en vitesse des atomes. Afin de s’affranchir de cet effet Dop-
pler et d’obtenir un signal qui a une largeur voisine de la largeur naturelle (32
MHz), on utilise la technique d’absorption saturée. Cette méthode très souvent
utilisée en physique atomique consiste à utiliser un faisceau pompe et un fais-
ceau sonde contrapropageants traversant la vapeur atomique. Le faisceau pompe
a une intensité voisine ou supérieure à l’intensité de saturation de la transition
(Isat = 42.5 mW/cm2). La pompe sature la transition des atomes appartenant à
la classe de vitesse v = δL/k de largeur Γ/k (δL représente le désaccord laser, k
est le vecteur d’onde et Γ la largeur naturelle de la transition). Le faisceau sonde a
lui une intensité très petite devant l’intensité de saturation. Il est absorbé par les
atomes appartenant à la classe de vitesse v = −δL/k de largeur Γ/k. Lorsque la
pompe et la sonde n’interagissent pas avec les mêmes atomes c’est à dire lorsque
−δL/k �= δL/k donc δL �= 0, les atomes absorbant la sonde ne sont pas perturbés
par la pompe. La transmission de la sonde n’est donc pas modifiée et on obtient
alors le profil Doppler. Lorsque la pompe et la sonde interagissent avec les mêmes
atomes c’est à dire lorsque δL = 0, les atomes absorbant la sonde sont saturés
par la pompe. L’absorption de la sonde est donc réduite lorsque δL = 0. Dans le
profil de transmission de la sonde, on obtient donc un pic lorsque le désaccord
laser est nul. La largeur de ce pic correspond à la largeur des classes de vitesse
interagissant avec la sonde et la pompe. La largeur de ce pic est donc de l’ordre de
la largeur naturelle de la transition 7. Le profil typique de l’absorption saturée sur
le strontium est représenté sur la figure 1.18. On peut remarquer sur cette figure
que le pic d’absorption saturée n’est pas obtenu pour un désaccord laser nul car
la pompe et la sonde sont décalées en fréquence de 280 MHz. En effet, lorsque la
pompe et la sonde sont décalées en fréquence (ωpompe = ωsonde + ∆ωps), on peut
montrer qu’on obtient le pic d’absorption saturée pour ωsonde = ω0 − ∆ωps/2.

Le signal d’absorption saturée n’étant pas dispersif, on ne peut pas utiliser

7. Si l’intensité de la pompe est grande devant l’intensité de saturation, ce pic se trouve
élargi par rapport à la largeur naturelle.
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Fig. 1.18 – Signal d’absorption saturée obtenu en mesurant la transmission de la
sonde lorsque la fréquence laser est balayée. Pour cette courbe, la fréquence de la
pompe et de la sonde sont décalées de 280 MHz

directement ce signal pour l’asservissement en fréquence du laser. Pour obtenir
un signal dispersif à partir de l’absorption saturée, on module généralement la
fréquence du laser et on réalise une détection synchrone de cette modulation sur la
transmission de la sonde. On obtient alors un signal correspondant à la dérivée du
signal d’absorption saturée et donc un signal dispersif. Afin d’éviter de moduler
en fréquence l’ensemble du laser bleu, nous modulons uniquement en fréquence
la pompe à l’aide d’un acousto-optique. Le fait de moduler uniquement la pompe
présente aussi l’avantage d’éliminer le fond Doppler sur le signal d’erreur. En effet,
lorsque la pompe et la sonde ne sont pas en résonance avec des atomes de même
classe de vitesse, la transmission de la sonde n’est pas modifiée par la pompe. On
ne retrouve donc pas la modulation de fréquence de la pompe sur la transmission
de la sonde dans le profil Doppler de l’absorption saturée. La transmission de la
sonde est donc modulée uniquement lorsque la pompe et la sonde interagissent
avec des mêmes atomes de même classe de vitesse c’est à dire au niveau du pic
d’absorption saturée.

Le montage optique permettant de réaliser l’absorption saturée avec la modu-
lation en fréquence de la pompe est représenté sur la figure 1.19. La fréquence de
la pompe et de la sonde sont ici décalées de 240 MHz. Le pic d’absorption saturée
est donc obtenu pour un désaccord laser égale à 120 MHz. La taille du faisceau
pompe est environ égale à 1 mm afin de pouvoir saturer les atomes avec une faible
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Fig. 1.19 – Montage optique de l’absorption saturée sur le ”heat pipe”.

puissance de bleu. Le faisceau sonde est lui légèrement plus petit que la pompe et
son intensité est très faible devant l’intensité de saturation. Pour obtenir la mo-
dulation de fréquence sur la pompe, on module la fréquence de l’acousto-optique
à une fréquence de 30 kHz avec une amplitude voisine de la largeur naturelle de
la transition (32 MHz). Le réglage de l’acousto optique doit être particulièrement
soigné afin de minimiser la modulation d’amplitude de la pompe engendrée par
la modulation de la fréquence de l’acousto-optique. Si cette modulation d’am-
plitude est trop importante le signal d’erreur obtenu ne sera plus dispersif. On
réalise ensuite la détection synchrone de cette modulation sur la transmission de
la sonde.

On peut voir sur la figure 1.20 l’allure typique du signal d’erreur obtenu. Ce
signal étant dispersif, il pourra donc servir pour asservir la fréquence du laser
bleu. On peut remarquer qu’en plus du signal correspondant à l’isotope 88Sr, on
a aussi le signal d’absorption saturée correspondant aux isotopes 87Sr et 86Sr.
La présence du signal des isotopes nous donne une calibration en fréquence du
signal d’erreur (l’écart entre les différents isotopes est donné dans l’annexe A
page 362).
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Fig. 1.20 – Signal d’erreur obtenu avec l’absorption saturée sur le ”heat pipe”.

Le réglage de la pression d’argon dans le ”heat pipe” a été effectué en mesurant
en direct la largeur du signal d’absorption saturée . On diminue la pression d’ar-
gon jusqu’à ce que la largeur du signal d’absorption saturée ne diminue plus. On
obtient alors une pression de 6.25 mbar et une largeur du signal d’erreur d’environ
50 MHz. En comparant l’absorption saturée sur le ”heat pipe” et l’absorption sa-
turée sur le jet de strontium qui sera décrit ultérieurement, on trouve que le signal
d’erreur sur le heat pipe est décalé d’environ 10 MHz par rapport à la résonance
atomique. On estime donc le déplacement collisionnel dans le ”heat pipe” à en-
viron -10 MHz. La section efficace de collision mesurée dans la référence [37]
(voir page 49) donne un déplacement collisionnel de -8 MHz et un élargissement
collisionnel de 50 MHz pour une pression d’argon de 6.25 mbar. Les valeurs du
déplacement et de l’élargissement collisionnel déduites de la référence [37] sont
en accord qualitatifs avec le déplacement collisionnel mesuré expérimentalement
dans notre ”heat pipe” et la largeur du signal d’erreur mesuré.

La pression de 6.5 mbar choisie donne donc un élargissement et un
déplacement collisionnel raisonnable pour utiliser le signal d’erreur de l’absorp-
tion saturée pour asservir le laser. De plus, au bout d’un an et demi d’utilisation,
on n’a pas constaté de dépôt de strontium sur les hublots en verre du ”heat pipe”.
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1.3.3 Asservissement en fréquence

L’élément qui détermine la fréquence du laser bleu est la diode laser infrarouge
en cavité étendue qui est amplifiée puis doublée en fréquence (ωbleu(t) = 2 ωIR(t)).
Le contrôle de la fréquence de la diode en cavité étendue s’effectue en agissant sur
la tension appliquée à la cale piézo-électrique qui contrôle l’orientation du réseau
et la longueur de la cavité laser. Pour asservir en fréquence le laser bleu, on envoie
donc le signal d’erreur décrit dans la partie précédente sur l’entrée tension de la
cale piézo-électrique. On place de plus dans la boucle de rétroaction un élément
proportionnel et intégral qui permet d’améliorer les performances de l’asservis-
sement. L’intégral permet de corriger les dérives de fréquence et la combinaison
intégral/proportionnel permet d’améliorer la bande passante de l’asservissement.

On peut noter que la boucle de rétroaction asservissant en fréquence le laser
infrarouge et donc le laser bleu est fortement liée à la boucle de rétroaction asser-
vissant la longueur de la cavité de doublage. En effet, pour obtenir le signal d’ab-
sorption saturée nécessaire à l’asservissement en fréquence du laser infrarouge,
nous avons besoin du laser bleu dont la puissance dépend de l’asservissement de
la longueur de la cavité de doublage. Pour réaliser l’asservissement en fréquence
du laser bleu, il faut donc que l’asservissement de la longueur de la cavité de
doublage soit en marche. Il faut de plus qu’il n’induise pas de bruit en inten-
sité au voisinage de la fréquence de la détection synchrone de l’asservissement en
fréquence du laser (30 kHz). Pour cela les fréquences de détection synchrone des
deux asservissements sont prises différentes (20 et 30 kHz).

Nous allons à présent estimer à partir du bruit sur le signal d’erreur le bruit en
fréquence du laser asservi. Les liens entre le bruit en fréquence, la largeur spectrale
et le bruit sur le signal d’erreur seront traités en détail dans le chapitre sur le
laser rouge. Dans cette partie, nous supposerons que le bruit sur le signal d’erreur
est proportionnel au bruit en fréquence du laser. Le facteur de proportionnalité
est déterminé par la pente du signal d’erreur. La bande passante sur notre signal
d’erreur est limitée à environ 1 kHz (détection synchrone). Comme l’amplitude
du bruit de fréquence (∼ MHz) est grande devant cette bande passante, le bruit
en fréquence mesuré conduira à une largeur spectrale du laser qui est environ
égale à l’amplitude crête crête du bruit de fréquence (voir page 240).

Lorsqu’on asservit le laser en fréquence, on constate une diminution d’un
facteur environ égal à 2 du bruit sur le signal d’erreur. Le bruit résiduel sur le
signal d’erreur correspond alors à un bruit en fréquence d’amplitude crête crête
d’environ 1 MHz qui correspond donc à une largeur spectrale d’environ 1 MHz.
Il faut noter que le bruit résiduel sur le signal d’erreur est voisin du bruit sur le
signal d’erreur ne codant pas le bruit en fréquence. Il ne faudra donc pas trop
monter le gain de la boucle de rétroaction car l’asservissement essayera de corriger
du bruit qui ne correspond pas à du bruit en fréquence du laser. L’asservissement
pourrait alors apporter du bruit supplémentaire sur le laser.

Le bruit de fréquence du laser pour des fréquences supérieures au kHz n’est
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Fig. 1.21 – Montage optique du laser bleu (I.O. : isolateur optique, PI: propor-
tionnel intégral).

pas mesuré. Cependant il conduit typiquement sur une diode sur réseau à une
largeur spectrale inférieure au MHz et donc pour le laser bleu a une largeur
spectrale inférieure à 2 MHz.

L’asservissement en fréquence réalisé permet donc de corriger les dérives en
fréquence du laser et une partie du bruit basse fréquence. La mesure du bruit
de fréquence dans une bande passante de 1 kHz donne une largeur spectrale
d’environ 1 MHz. Le bruit à plus haute fréquence devrait donner une largeur
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spectrale inférieure à 2 MHz. La largeur spectrale totale de notre laser bleu est
donc suffisamment petite devant la largeur naturelle de la transition (32 MHz)
pour pouvoir résoudre la transition atomique et réaliser un piège magnéto-optique
de strontium dans de bonnes conditions.

Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons décrit la réalisation de notre laser bleu à 461
nm résonnant avec la transition 1S0 - 1P1 du strontium. Ce laser bleu a été
obtenu par le doublage en fréquence d’un laser infrarouge à 922 nm. Le laser
infrarouge est constitué d’une diode laser en cavité étendue qui est amplifiée par
un amplificateur à semi-conducteur ”tapered amplifier”. Le doublage de fréquence
est réalisé à partir d’un cristal de KNbO3 placé dans une cavité Fabry Perot semi-
monolithique. On obtient alors avec ce système 150 à 200 mW d’un rayonnement
monomode à 461 nm. L’asservissement en fréquence de ce laser est réalisé à partir
d’une absorption saturée dans un ”heat pipe” contenant une vapeur de strontium.
Cet asservissement permet de corriger les dérives et le bruit basse fréquence du
laser. Le schéma complet du laser bleu est représenté sur la figure 1.21.

Dans la suite de cette thèse, nous utiliserons ce laser bleu pour piéger et
refroidir les atomes de strontium. Il nous permettra aussi d’étudier la diffusion
multiple de la lumière dans nuage d’atomes froids de strontium.
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Chapitre 2

Piégeage et refroidissement

Dans le chapitre précédent, nous avons décrit la réalisation d’un laser à 461
nm résonnant avec la transition 1S0 - 1P1 du strontium. Dans ce chapitre, nous
utiliserons la force de pression de radiation de ce laser pour piéger et refroidir un
gaz d’atomes de strontium. Pour cela, nous réaliserons un piège magnéto-optique
[43] qui permet à la fois d’obtenir une force de rappel qui piège les atomes et une
force de friction qui refroidit les atomes.

Le piège magnéto-optique peut être chargé de deux manières différentes. Il
peut être soit chargé à partir d’une vapeur atomique [44] ou soit à partir d’un jet
atomique ralenti par laser [43].

Le piégeage à partir d’une vapeur atomique ne nécessite pas un dispositif
permettant de créer un jet atomique et de le ralentir. Cependant la réalisation
d’une cellule contenant une vapeur atomique avec une densité suffisante est dif-
ficile pour le strontium [145]. En effet le strontium possède une faible pression
de vapeur saturante, il faut donc chauffer la cellule à une température de l’ordre
de 350oC pour obtenir une densité atomique suffisante. La température élevée
de la cellule rend difficile l’obtention d’un bon vide et provoque des courants de
convection autour de la cellule qui perturbent le front d’onde des faisceaux. De
plus, comme le strontium réagit avec le verre, il faut utiliser des fenêtres en saphir
qui induisent des pertes élevées à la réflexion (réflexion des fenêtres ∼ 15%) et
qui sont biréfringentes.

Le chargement du piège magnéto-optique à partir d’un jet permet d’avoir
une cellule à température ambiante avec des fenêtres en verre traitées antireflets.
Cette méthode nécessite toute fois la réalisation d’un four à 500 oC pour obtenir
le jet et la réalisation d’un ralentisseur Zeeman [40].

Comme le nombre d’atomes piégés est comparable pour les deux méthodes
de chargement [145] [21], les difficultés et les inconvénients du piégeage à partir
d’une vapeur atomique nous conduisent donc à utiliser un jet atomique ralenti
pour charger notre piège magnéto-optique.

Nous commencerons ce chapitre par donner un rappel sur les propriétés de
la force de pression de radiation. Nous étudierons ensuite le piège magnéto-
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optique. Nous en donnerons le principe et les caractéristiques théoriques puis
nous décrirons sa réalisation expérimentale. Nous étudierons ensuite la technique
de chargement du piège. Nous décrirons donc le four à partir duquel nous obtenons
le jet de strontium et le ralentisseur Zeeman qui permet de ralentir longitudina-
lement le jet. Après cela, nous caractérisons expérimentalement le gaz d’atomes
froids de strontium piégé. Nous étudierons enfin les techniques qui permettent de
supprimer les pertes par pompage optique dans le piège magnéto-optique.
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2.1 Force de pression de radiation

Pour refroidir et piéger le strontium, nous utilisons la force de pression de
radiation exercée par un laser résonnant avec la transition 1S0 - 1P1. Dans cette
partie, nous donnerons l’expression de la force de pression de radiation en fonction
des divers paramètres de l’expérience : fréquence du laser, polarisation du laser,
vitesse de l’atome, champ magnétique. La connaissance de la dépendance de la
force de pression de radiation en fonction de ces différents paramètres sera très
utile dans la conception de l’expérience de piégeage et de refroidissement du
strontium.

Nous nous intéresserons dans cette partie uniquement à la force de pression
de radiation exercée par un laser résonnant avec une transition J=0 - J=1 comme
c’est le cas pour la transition 1S0 - 1P1 du strontium. Nous traiterons seulement
le cas de la force de pression de radiation exercée par une onde plane. Dans notre
expérience de refroidissement et de piégeage de strontium, les atomes pourront
être soumis simultanément à la force de pression de radiation exercée par plusieurs
ondes planes. Nous supposerons alors qu’on peut ajouter de manière indépendante
la force de pression de radiation des différentes ondes planes. Cette hypothèse
sera uniquement valable dans le cas où l’intensité totale des lasers I est faible
devant l’intensité de saturation de la transition Isat (42.7 mW/cm2). Nous nous
intéresserons aussi qu’à la valeur moyenne de la force de pression de radiation.
Nous n’aborderons donc pas le problème des fluctuations de la force de pression de
radiation. Ces fluctuations qui sont causées par le caractère aléatoire de l’émission
spontanée et de l’absorption de photons jouent un rôle négligeable dans la capture
d’atomes par le piège magnéto-optique. Les fluctuations de la force de pression de
radiation sont à l’origine de la température finale non nulle et de la taille finale
non nulle du gaz d’atomes piégés.

Nous traiterons tout d’abord dans cette partie la force de pression de radiation
pour un atome immobile en l’absence de champ magnétique. Nous verrons ensuite
l’effet de la vitesse de l’atome et du champ magnétique sur la force de pression
de radiation. Nous étudierons enfin les conséquences pour la force de pression de
radiation du fait que la transition 1S0 - 1P1 du strontium n’est pas complètement
fermée.

2.1.1 Atome à vitesse nulle et en absence de champ

magnétique

Pour une transition J = 0 - J = 1, lorsque le champ magnétique est nul, la
force de pression de radiation ne dépend pas de la polarisation du laser (raison de
symétrie). On peut alors se ramener au calcul de la force de pression de radiation
pour un atome à deux niveaux. Le calcul de la force de pression de radiation
exercée par une onde plane sur un atome à deux niveaux est donné dans de
nombreux ouvrages dont les références [129] [124]. Ce calcul peut être effectué à
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partir des équations de Bloch optiques ou plus simplement à partir des équations
de taux. Pour une onde plane et un atome à deux niveaux, ces deux approches
donnent exactement le même résultat. La force exercée par une onde plane de
vecteur d’onde �k, de fréquence ωL et d’intensité I sur un atome à deux niveaux
est égale à :

�F =
Γ

2

I

I + Isat

1

1 + 4
δ2
L

(Γ
√

1 + I/Isat )2

��k (2.1)

où Γ est la largeur naturelle de la transition (Γ/2π = 32 MHz), δL = ωL − ω0

est le désaccord laser (ω0 : fréquence de résonance de la transition) et Isat est
l’intensité de saturation de la transition (Isat = 42.7 mW cm−2).

On constate dans l’expression 2.1 que la force de pression de radiation en
fonction du désaccord laser est une lorentzienne de largeur Γ

√
1 + I/Isat. A faible

intensité laser (I � Isat), la largeur de cette lorentzienne correspond à la largeur
naturelle de la transition Γ. Pour des intensités lasers plus fortes, la largeur en
désaccord laser de la force de pression de radiation augmente avec l’intensité la-
ser. On retrouve ici le phénomène d’élargissement par saturation de la transition
atomique. A résonance (δL = 0), la force de pression de radiation est proportion-
nelle à I/(I+Isat). On remarque ici que la force de pression de radiation sature en
fonction de l’intensité laser. La force de pression de radiation maximale que l’on

peut obtenir est alors égale
Γ

2
�k. Ceci correspond à une accélération maximale

des atomes égale à 9.9 105 m s−2 pour la transition 1S0 - 1P1 du strontium.

2.1.2 Effet de la vitesse : effet Doppler

Considérons à présent le cas d’un atome se déplaçant à une vitesse �v. A cause
de l’effet Doppler, la fréquence laser apparente pour l’atome est égale ωL − �k.�v.
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La force de pression de radiation est donc égale à :

�F =
Γ

2

I

I + Isat

1

1 + 4
(δL − �k.�v)2

(Γ
√

1 + I/Isat )2

��k (2.2)

On constate sur cette dernière relation que la force de pression de radiation
dépend fortement de la vitesse de l’atome suivant le vecteur d’onde du laser. La
force de pression de radiation est maximale lorsque �k.�v = δL. La largeur en vitesse
de la force de pression de radiation est égale à Γ

√
1 + I/Isat /k. On obtient à faible

saturation (I � Isat) pour la transition 1S0 - 1P1 du strontium une largeur égale
à Γ/k = 15 m s−1. Pour une vapeur thermique dont la dispersion de vitesse est de
l’ordre de 300 m s−1, la force de pression de radiation n’agira donc efficacement
que sur une petite classe de vitesse de largeur 15 m s−1. On décrira dans la suite
de ce chapitre différents procédés qui permettent d’avoir une force de pression de
radiation agissant sur l’ensemble d’une distribution de vitesse thermique.

On peut noter que cette dépendance en vitesse de la force de pression de
radiation est utilisée pour obtenir une force de friction qui permet de refroidir les
atomes (refroidissement Doppler).

2.1.3 Effet du champ magnétique : effet Zeeman

En présence d’un champ magnétique, la symétrie de l’atome est brisée. La
force de pression de radiation dépend alors de la polarisation du laser. On ne
peut donc plus se ramener directement à un atome à deux niveaux. Il faudra
donc traiter le cas de la transition J=0 - J=1.

Effet Zeeman

La brisure de symétrie de l’atome se traduit par l’effet Zeeman qui lève la
dégénérescence du niveau excité (J=1). En prenant un axe de quantification z

parallèle au champ magnétique ( �B = B �uz), les niveaux excités mJ=-1,0,1 se
déplacent des quantités :

∆E(mJ = −1) = +gJ µB B = −� κ B
∆E(mJ = 0) = 0 avec κ = −gJ µB

�

∆E(mJ = +1) = −gJ µB B = +� κ B

où µB = � qe/2me (qe, me : masse et charge de l’électron) est le magnéton de
Bohr, gJ est le facteur de Landé. Pour la transition 1S0 - 1P1, ce facteur de Landé
gJ est égal à 1 (voir annexe A page 362).

Sous l’action d’un champ magnétique parallèle à l’axe de quantification, les
fréquences de résonance des transitions (J=0)-(J=1, mJ=-1,0,1) se déplacent
donc respectivement des quantités −κ B, 0, κ B. Pour la transition 1S0 - 1P1
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(gJ = 1), le déplacement de la résonance par unité de champ magnétique est égal
à κ/2π = 1.4 MHz/G.

E

z

σ+

E

z

σ-

z

E

π
J=0

J=0, mj=0

J=0, mj=+1

J=0, mj=-1

κ B

δL
δL-κ B

δL+κ B

π σ+
σ-

z

B
−κ B

Fig. 2.1 – Effet Zeeman et règle de sélection en polarisation des transitions.

Règle de sélection en polarisation des transitions

En présence d’un champ magnétique, on obtient donc trois transitions dis-
tinctes avec des fréquences de résonance différentes. La ou les transitions inter-
agissant avec le laser sont déterminées par la polarisation du laser. Les règles de
sélection en polarisation des transitions sont données sur la figure 2.1. Une po-
larisation σ+ c’est à dire une polarisation circulaire tournant dans le sens direct
par rapport à l’axe de quantification est couplée avec le niveau mJ = 1. Une
polarisation σ− c’est à dire une polarisation circulaire tournant dans le sens in-
direct par rapport à l’axe de quantification est couplée avec le niveau mJ = −1.
Enfin une polarisation π c’est à dire une polarisation linéaire parallèle à l’axe de
quantification est couplée avec l’état mJ = 0.

Ainsi suivant la polarisation du laser, on sonde des transitions qui ont des
fréquences de résonance différentes, on aura donc une force de pression de radia-
tion qui dépend de la polarisation du laser.

Force de pression de radiation

Lorsque la polarisation du laser correspond à une polarisation propre σ+, σ−,
π, le laser sonde une seule transition, on peut alors se ramener au calcul de la force
de pression de radiation pour un atome à deux niveaux. Les forces de pression de
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radiation pour les trois polarisations propres sont donc :

�Fσ− =
Γ

2

I

I + Isat

1

1 + 4
(δL − �k.�v + κ B)2

(Γ
√

1 + I/Isat )2

��k

�Fπ =
Γ

2

I

I + Isat

1

1 + 4
(δL − �k.�v)2

(Γ
√

1 + I/Isat )2

��k

�Fσ+ =
Γ

2

I

I + Isat

1

1 + 4
(δL − �k.�v − κ B)2

(Γ
√

1 + I/Isat )2

��k

(2.3)

Si la polarisation du laser ne correspond pas à une de ces polarisations propres,
le laser sonde les trois transitions avec des poids différents, on ne peut donc plus se
ramener à un atome à deux niveaux. Le calcul de la force de pression de radiation
pour une polarisation quelconque demande alors la résolution des équations de
Bloch optiques pour une transition J=0 J=1. A faible saturation (I � Isat), on
peut cependant se ramener au calcul de la force pour un atome à deux niveaux. Il
suffit de décomposer la polarisation du laser suivant les trois polarisations propres
et de sommer les forces de pression de radiation obtenues pour chaque polarisation
propre. Cette méthode de calcul est uniquement valable à faible saturation où
on peut négliger la population des états excités et les cohérences entre les états
excités.

Pour notre expérience, on supposera toujours que la polarisation du laser
correspond à une polarisation propre (π, σ+, σ−), on utilisera donc uniquement
les expressions 2.3 pour la force de pression de radiation.

On constate sur les relations 2.3 que la force de pression de radiation dépend
beaucoup du champ magnétique pour les polarisations σ+ et σ−. La dépendance
en champ magnétique de la force de pression de radiation est une lorentzienne
de largeur Γ

√
1 + I/Isat /κ centrée en B = ±(δL − �k.�v)/κ. On obtient à faible

saturation (I � Isat) pour la transition 1S0 - 1P1 du strontium une largeur égale
à Γ/κ = 23 Gauss. Grâce à la dépendance en champ magnétique de la force
de pression de radiation et à l’aide d’un champ magnétique non uniforme, il
est possible d’obtenir une force de pression de radiation avec une dépendance
spatiale. Nous montrerons dans la suite de ce chapitre qu’on peut obtenir une
force de rappel piégeant les atomes à l’aide d’un gradient de champ magnétique.

2.1.4 Effet du pompage optique

Jusqu’à présent, nous avions considéré que la transition utilisée était fermée
c’est à dire que les atome restent toujours dans les deux niveaux de la tran-
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sition. Or la transition 1S0 - 1P1 du strontium utilisée pour le piégeage et le
refroidissement est légèrement ouverte et les atomes peuvent alors être pompés
optiquement vers d’autres niveaux atomiques (voir figure 2.2). En effet, lorsque
l’atome est dans l’état excité 1P1, il peut non seulement redescendre dans le ni-
veau fondamental 1S0 mais aussi tomber dans le niveau 1D2 avec une probabilité
égale à Γd/(Γb + Γd) = 2 10−5. Une fois dans ce niveau 1D2, l’atome peut soit
tomber dans le niveau métastable 3P2 avec une probabilité de 33% ou soit tomber
dans le niveau 3P1 puis dans le niveau fondamental 1S0 avec une probabilité de
67 %. Ce phénomène limite l’efficacité de la force de pression de radiation car
lorsque l’atome a quitté les niveaux 1S0

1P1 , le laser n’est plus en résonance avec
l’atome et la force de pression de radiation devient nulle. Si l’atome est tombé
dans le niveau 3P1 (probabilité 67%), la force de pression de radiation sera in-
terrompue pendant un temps de l’ordre de 0.3 ms (∼ temps de vie du niveau
1D2). Si l’atome est tombé dans le niveau métastable 3P2 (probabilité 33%), nous
considérons que l’interruption de la force de pression de radiation est définitive.

3P2

3P1

3P0

1S0

1P1

1D2

Γb=2.0 108 s-1

Γd=3.9 103 s-1

Γr=4.8 104 s-1

niveau
métastableΓ1=2.2 103 s-1

Γ2=1.1 103 s-1

τ = 5.0 ns
τ = 0.30 ms

τ = 21 µs

Piégeage et refroidissement
du strontium

Fig. 2.2 – Niveaux du strontium participant au pompage optique.

Nous allons déterminer le nombre moyen de photons que peut échanger
l’atome avant de tomber dans le niveau 1D2. Après avoir échanger un photon, la
probabilité de retomber dans le niveau fondamental 1S0 est égale à :

P1 =
Γb

Γb + Γd
	 1 − Γd

Γb

Après avoir échangé N photons, la probabilité de rester dans les niveaux 1S0
1P1
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est égale à :

PN =

(
Γb

Γb + Γd

)N

	 e
−Γd

Γb
N

Le nombre moyen de photons échangés avant que l’atome tombe dans l’état 1D2

est donc égal à Γb/Γd = 5.1 104. Ce nombre de photons échangés correspond à un
changement de vitesse de l’atome causé par la force de pression de radiation d’une
onde plane égal à 505 m.s−1. Sur la figure 2.3, nous avons représenté la probabilité
PN de rester dans les niveaux 1S0

1P1 en fonction du nombre de photons échangés
et du changement de vitesse associé à la force de pression de radiation d’une onde
laser.
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Fig. 2.3 – Probabilité de rester dans les niveaux 1S0
1P1 en fonction du nombre

de photons échangés et du changement de vitesse associé à la force de pression
de radiation d’une onde laser.

La force de pression de radiation est donc interrompue lorsque l’atome a
échangé en moyenne 5.1 104 photons. Cette interruption de la force de pression
de radiation est définitive si l’atome est tombé dans le niveau métastable 3P2

(probabilité 33%) ou dure 0.3 ms en moyenne si l’atome est tombé dans le niveau
3P1 (probabilité 67%).

La force de pression de radiation sera utilisée pour ralentir et piéger des atomes
provenant d’un jet thermique. Une interruption de la force de pression de radia-
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tion pendant un temps de 0.3 ms conduira généralement à la non capture de
l’atome. En effet, à cause de la vitesse élevée des atomes, les atomes quittent
généralement la zone d’interaction avec le laser pendant une interruption de 0.3
ms de la force de pression de radiation. Nous considérons donc que dès qu’un
atome est pompé optiquement vers le niveau 1D2, l’atome ne pourra plus être
capturé par le piège. Pour ralentir et piéger des atomes d’un jet thermique qui
ont des vitesses comprises entre 0 et 1000 m s−1, les atomes devront échanger au
minimum entre 0 et 105 photons. La proportion d’atomes qui ne pourront pas
être capturés par le piège à cause du pompage optique est donc assez importante
∼ 50% (voir figure 2.3). Le pompage optique limite donc l’efficacité de la capture
d’atome provenant d’un jet thermique. Dans la conception de notre expérience
de pompage et de refroidissement du strontium, il faudra donc tenir compte du
pompage optique.

Le pompage optique induit aussi des pertes dans le piège magnéto-optique. En
effet, lorsque la force de pression de radiation est interrompue, les atomes ne sont
plus piégés et s’éloignent de la zone de piégeage. Nous verrons que l’interruption
temporaire de la force de pression de radiation qui a lieu lorsque l’atome se
désexcite par les niveaux 1D2 et 3P1 n’induira pas de pertes car les atomes n’ont
pas le temps de quitter la zone de piégeage. Seul les atomes qui sont tombés dans
le niveau 3P2 induiront des pertes. Pour éviter ces pertes, nous verrons qu’il est
possible d’utiliser des lasers repompeurs qui permettent à l’atome de quitter le ni-
veau métastable 3P2 et donc de retomber rapidement dans le niveau fondamental.

Dans cette partie, nous avons donné les expressions de la force de pression
de radiation exercée par une onde plane. Nous avons montré que la force de
pression de radiation dépendait fortement du champ magnétique et de la vitesse
de l’atome. Ces propriétés de la force de pression de radiation seront utilisées pour
piéger et refroidir les atomes. Nous avons aussi montré que la force de pression de
radiation pouvait être interrompue temporairement ou définitivement à cause du
pompage optique. Ces interruptions de la force de pression de radiation limiteront
l’efficacité de la capture d’atomes et induiront des pertes dans le piège.
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2.2 Piège magnéto-optique

Cette partie traite du piège magnéto-optique qui permet de refroidir et de
piéger un gaz d’atomes en utilisant la force de pression de radiation. Le but
principal de cette partie est de concevoir un piège magnéto-optique qui per-
met de piéger le plus grand nombre d’atomes possibles. Nous étudierons donc
les caractéristiques du piège magnéto-optique afin d’effectuer les meilleurs choix
technologiques possibles.

Dans cette partie, nous commencerons par donner le principe de fonc-
tionnement d’un piège magnéto-optique et nous estimerons la force exercée
sur les atomes dans un tel piège. Cette estimation de la force nous aidera
ensuite à déterminer les caractéristiques du piège magnéto-optique en fonc-
tion des différents paramètres expérimentaux. Nous décrirons enfin le dispositif
expérimental permettant d’obtenir le piège magnéto-optique.

2.2.1 Principe, force de pression de radiation

Le piège magnéto-optique est constitué de trois paires de faisceaux lasers
contrapropageants disposées dans les trois directions de l’espace. Grâce à un
mécanisme qui sera décrit ultérieurement, la force de pression de radiation exercée
par une paire de faisceaux contrapropageants a les propriétés d’une force de fric-
tion et d’une force de rappel suivant l’axe des faisceaux. On obtient alors avec les
trois paires de faisceaux contrapropageants une force de friction et une force de
rappel à trois dimensions qui permettent de refroidir et de piéger les atomes.

Atomes piéges

Faisceau laser

x

y

z

Dans les deux paragraphes suivants, nous présenterons de manière qualitative
les mécanismes qui permettent à la force de pression de radiation exercée par une
paire de faisceaux contrapropageants d’avoir les propriétés d’une force de friction
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et d’une force de rappel. Nous donnerons ensuite l’expression de la force de pres-
sion de radiation exercée par une paire de faisceaux contrapropageants du piège
magnéto-optique. Nous donnerons enfin la configuration du champ magnétique
et des polarisations des faisceaux lasers dans un piège magnéto-optique et nous
verrons comment estimer la force de pression de radiation à trois dimensions.

Force de friction

La propriété de friction de la force est obtenue grâce à l’effet Doppler qui in-
duit une dépendance en vitesse de la force de pression de radiation (voir page 60).
A cause de l’effet Doppler, la fréquence apparente du faisceau laser se propageant
dans le même sens que l’atome est diminuée et la fréquence apparente du fais-
ceau laser se propageant en sens contraire est augmentée. Ainsi si on prend une
fréquence laser inférieure à la fréquence de résonance de la transition (δL < 0),
le faisceau laser se propageant en sens contraire à l’atome est plus proche de

z

ωL

ω0

v

v

Force

Fréquence apparente
laser 2Fréquence apparente

laser

Fréquence transition

v Faisceau laser 2Faisceau laser 1

0

Fréquence apparente
laser 1

0

Fréquence de résonnance
de la transition

Fig. 2.4 – Force de friction dans un piège magnéto-optique (champ magnétique
nul).
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résonance que le faisceau laser se propageant dans le même sens. On obtient donc
une force de pression de radiation plus importante pour le faisceau se propa-
geant dans le sens contraire à l’atome que le faisceau se propageant dans le même
sens. Pour un désaccord laser négatif, la force de pression de radiation exercée
par les deux faisceaux contrapropageants s’oppose donc à la vitesse de l’atome
(voir figure 2.4). Ce mécanisme appelé refroidissement Doppler conduit ainsi au
refroidissement des atomes suivant la direction des faisceaux.

Force de rappel

La propriété de force de rappel de la force de pression de radiation exercée
par une paire de faisceaux contrapropageants est obtenue en utilisant l’effet Zee-
man qui donne une dépendance en champ magnétique et en polarisation de la
force de pression de radiation (voir page 61). Pour obtenir cette force de rap-
pel, on utilise des faisceaux polarisés respectivement σ+ et σ− 1 et on applique
un gradient de champ magnétique parallèle aux faisceaux. Dans cette configura-
tion, chaque faisceau sonde une transition différente, la transition (J=0) - (J=1,
mJ=+1) pour le faisceau polarisé σ+ et la transition (J=0) - (J=1, mJ=-1) pour
le faisceau polarisé σ−. Lorsque le champ magnétique est positif par rapport à
l’axe de quantification, la fréquence de résonance de la transition sondée par la
polarisation σ+ est augmentée et la fréquence de résonance de la transition sondée
par la polarisation σ− est diminuée et inversement pour un champ magnétique
négatif. Ainsi pour le désaccord laser négatif (δL < 0) nécessaire au refroidisse-
ment, lorsque le champ magnétique est positif, la force exercée par le faisceau
polarisé σ− est plus grande que la force exercée par le faisceau polarisé σ+ et
inversement lorsque le champ magnétique est négatif. En prenant un gradient de
champ magnétique ( �B = A z �uz) du signe adéquat par rapport aux polarisations
des lasers, on obtient alors une force qui a tendance à ramener les atomes au
point où le champ magnétique est nul. On a donc une force de rappel suivant
l’axe des faisceaux qui piège les atomes en z=0.

Expression de la force de pression de radiation dans un piège magnéto-
optique

Nous avons montré qualitativement qu’en présence d’un gradient de champ
magnétique, la force de pression de radiation exercée par deux faisceaux lasers
contrapropageants avec un désaccord négatif et polarisés σ+ σ− avait les pro-
priétés d’une force de rappel et d’une force de friction. A faible saturation,
on peut calculer facilement l’expression de cette force en ajoutant de manière
indépendante la force exercée par chacune des deux ondes lasers. On obtient

1. Les polarisations σ+ et σ− correspondent au sens de rotation du champ électrique par
rapport à un axe (z) fixe parallèle aux faisceaux (axe de quantification).
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Fig. 2.5 – Force de rappel dans un piège magnéto-optique (vitesse nulle).

alors à partir de la relation 2.3 :

�F =
Γ

2

I

Isat

 1

1 + 4
(δL − k vz − κ A z)2

Γ2

− 1

1 + 4
(δL + k vz + κ A z)2

Γ2

 �k �uz

(2.4)
où Γ est la largeur naturelle de la transition (Γ/2π = 32 MHz), δL = ωL−ω0 est le
désaccord laser (ω0 : fréquence de résonance de la transition), I est l’intensité d’un
faisceau, Isat est l’intensité de saturation de la transition (Isat = 42.7 mW cm−2),
k est le vecteur d’onde, κ est le déplacement de la fréquence de résonance par
unité de champ magnétique (κ/2π = 1.4 MHz/G) et A=dB/dz est le gradient

de champ magnétique ( �B = A z �uz).

L’allure de la force est représentée sur les figures 2.4 et 2.5. A forte saturation,
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l’expression de la force s’obtient en résolvant les équations de Bloch optiques pour
une transition J=0 J=1.

Configuration du piège magnéto-optique à trois dimensions et estima-
tion de la force de pression de radiation

Pour obtenir une force de piégeage à trois dimensions, il faut un gradient de
champ magnétique dans les trois directions de l’espace. Ce gradient de champ
magnétique est généralement réalisé avec deux bobines en configuration anti-
Helmholtz. La configuration de la polarisation des faisceaux lasers et l’allure du
champ magnétique créée sont données sur la figure 2.6. On peut noter que le
gradient de champ magnétique dans l’axe des bobines est deux fois plus grand
que le gradient de champ magnétique dans les deux autres directions.

Pour estimer la force de pression de radiation exercée par les six faisceaux la-
ser, nous supposerons que l’on peut ajouter de manière indépendante la force de
pression de radiation exercée par chaque faisceau. Cette hypothèse sera seulement
valable à faible saturation. Nous supposerons de plus que le champ magnétique
est toujours parallèle au faisceau (on peut voir sur la figure 2.6 que ce n’est pas
toujours le cas). A partir de l’expression 2.4, on peut donc obtenir la force de

Vue de coté

faisceau laser

hélicité positive hélicité positive

hélicité positive hélicité positive

B

B

ii

Vue de dessus

Bobine de champ
magnétique

hélicité négative

hélicité positive

hélicité positive

hélicité négative

Fig. 2.6 – Polarisation des lasers et allure du champ magnétique dans un piège
magnéto-optique (l’hélicité est le sens de rotation du champ électrique par rapport
à la direction de propagation).
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pression de radiation à trois dimensions. Pour notre expérience, cette estima-
tion précédente de la force de pression de radiation devrait être suffisante pour
déterminer qualitativement les caractéristiques du piège magnéto-optique. On
peut cependant trouver le calcul exact de la force de pression de radiation (satu-
ration quelconque, champ magnétique non parallèle au faisceau) dans la référence
[45].

2.2.2 Caractéristiques du piège magnéto-optique

Le piège magnéto-optique permet d’obtenir un gaz d’atomes froids confiné
dans une région de l’espace. Dans cette partie, nous donnerons les caractéristiques
du gaz d’atomes froids piégés c’est à dire sa température et son étendue spa-
tiale. Nous étudierons ensuite les propriétés de capture du piège magnéto-optique.
Cette étude nous permettra dans la partie 2.3 d’optimiser la technique de char-
gement du piège. Nous étudierons aussi les différents types de pertes dans un
piège magnéto-optique. Enfin nous terminerons cette partie en donnant les pa-
ramètres du piège magnéto-optique que nous avons choisis pour maximiser le
nombre d’atomes piégés.

Température du gaz d’atomes piégés

La distribution de vitesse stationnaire des atomes dans un piège magnéto-
optique résulte d’un équilibre entre la friction qui a tendance à affiner la distribu-
tion de vitesse et la diffusion en vitesse des atomes provoquée par les fluctuations
de la force de pression de radiation qui a tendance à élargir la distribution de
vitesse. Le calcul de la distribution de vitesse stationnaire est compliqué. Il faut
calculer le coefficient de friction et le coefficient de diffusion en vitesse des atomes
avec six faisceaux lasers et en présence d’un champ magnétique non uniforme.
On peut cependant avoir une estimation de la distribution de vitesse à partir
d’un calcul à une dimension sans champ magnétique. La distribution de vitesse
obtenue avec un refroidissement Doppler à une dimension et à faible saturation
sur une transition J=0 J=1 sera calculée dans le chapitre ”refroidissement Dop-
pler sur transition étroite” page 309. On peut aussi trouver ce calcul pour dans
de nombreuses références [124] [125]. Ce calcul donne une distribution de vitesse
gaussienne avec une vitesse quadratique moyenne égale à :

〈v2
z〉 = 0.7

�Γ

2m

1 +
4δ2

L

Γ2

−4δL

Γ

, I � Isat (2.5)

En supposant que la distribution de vitesse dans le piège magnéto-optique
correspond à la distribution de vitesse obtenue à une dimension sans champ
magnétique, on obtient pour la distribution de vitesse dans le piège magnéto-
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optique 2:

P (vx,vy,vz) =
1

(2π〈v2
z〉)3/2

exp

(
−v2

x + v2
y + v2

z

2〈v2
z〉

)
où 〈v2

z〉 est donnée par l’équation 2.5. A partir de cette distribution de vitesse
gaussienne, on définit généralement une température :

T =
m 〈v2

z〉
kB

=
1

kB
0.7 �Γ

1 +
4δ2

L

Γ2

−4δL

Γ

La température minimale est obtenue pour un désaccord laser égal à −Γ/2. On
obtient alors pour la transition 1S0 - 1P1 du strontium une température mini-
male égale à 0.5 mK. La vitesse quadratique moyenne correspondante est égale à√〈v2

z〉 = 0.22 m/s.
Le déplacement Doppler associé à cette distribution de vitesse est d’environ 1

MHz. La largeur de la transition atomique 1S0 - 1P1 étant de 32 MHz, on pourra
donc négliger l’effet Doppler pour les atomes du piège magnéto-optique.

Pour les atomes possédant une structure interne dégénérée dans l’état fonda-
mental, les températures obtenues dans un piège magnéto-optique sont beau-
coup plus petites que celles données par ce modèle [46]. En effet, pour des
atomes possédant une structure interne dégénérée dans l’état fondamental, un
autre mécanisme de refroidissement intervient (refroidissement Sisyphe [124]).
Comme le strontium ne possède pas de structure interne (transition J=0 J=1),
ce mécanisme de refroidissement n’a pas lieu. On devrait donc obtenir une
température proche de celle estimée dans cette partie.

Etendue spatiale du gaz d’atomes piégés

Au centre du piège, la force de rappel exercée par une paire de faisceaux
du piège magnétique est proportionnelle à la distance par rapport au centre du
piège :

F = −krap z

où krap est la constante de raideur du piège qui peut se calculer à l’aide de la
relation 2.4. A faible saturation, on obtient :

krap =
I

Isat

−8 δL/Γ

(1 + 4δ2
L/Γ2)2

κ A � k

où I est l’intensité laser d’un seul faisceau laser, δL = ωL − ω0 est le désaccord
laser, κ/2π = 1.4 MHz/G et A=dB/dz est le gradient de champ magnétique.

2. En réalité, la dispersion en vitesse pour un refroidissement à trois dimensions est un peu
plus élevée car une paire de faisceau refroidissant dans une direction induit un chauffage dans
les deux autres directions.
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L’étendue spatiale du gaz d’atomes piégés peut être déduite facilement de la
température et de la constante de raideur du piège. En effet, l’équipartition de
l’énergie du système sur les degrés de liberté permet de relier la dispersion en
position et en vitesse :

kB T = m〈v2
z〉 = krap 〈z2〉

On obtient alors :

〈z2〉 =
〈v2

z〉
vrec I/Isat κ A

(1 + 4δ2
L/Γ2)2

−8 δL/Γ
, I � Isat (2.6)

Lorsqu’on utilise des bobines en configuration anti-Helmholtz, le gradient de
champ magnétique dans l’axe des bobines est deux fois plus grand que dans les
deux autres directions. La taille du gaz d’atomes piégés sera donc plus petite d’un
facteur 1/

√
2 dans l’axe des bobines que dans les deux autres directions.

Pour des pièges magnéto-optique contenant beaucoup d’atomes (épaisseur
optique des faisceaux pièges �1), les dimensions du piège magnéto-optique sont
plus grandes que les dimensions obtenues en utilisant la formule 2.6. En effet, la
diffusion multiple de la lumière des faisceaux pièges crée une force de répulsion
entre les atomes [47]. Ce phénomène limite la densité spatiale d’atome dans un
piège magnéto-optique.

Nombre d’atomes dans le piège magnéto-optique

Le nombre d’atomes dans le piège magnéto-optique N est égal au rapport
entre flux d’atomes capturés par le piège Φc et le taux de pertes dans le piège
Γp : 3

N =
Φc

Γp

(2.7)

L’inverse du taux de pertes 1/Γp correspond au temps moyen que reste un atome
dans le piège. Cette quantité τv = 1/Γp sera donc appelée temps de vie des atomes
dans le piège.

Les pertes dans un piège magnéto-optique peuvent provenir soit de pertes par
pompage optique ou soit de pertes par collision. L’estimation de ces deux types
de pertes sera effectuée dans les paragraphes suivants.

Le flux d’atomes capturés par le piège dépend des propriétés de capture du
piège et des caractéristiques du jet atomique avec lequel est chargé le piège. Les
propriétés du jet de strontium (intensité, distribution de vitesse) seront décrites
dans la partie 2.3. Les propriétés de capture du piège seront données dans le
paragraphe suivant.

3. Dans cette formule, Γp peut dépendre du nombre d’atomes N à cause des collisions froides.
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Capture des atomes

Le but de ce paragraphe est de déterminer les propriétés de capture du piège
magnéto-optique c’est à dire de savoir si un atome qui a une vitesse �v et une
position �r sera capturé par le piège. La connaissance des propriétés de capture
du piège nous permettra d’estimer le flux d’atomes capturés par le piège en fonc-
tion des caractéristiques du jet atomique. Nous pourrons ainsi concevoir un jet
atomique qui maximise le flux d’atomes capturés par le piège.

Les propriétés de capture du piège magnéto-optique peuvent être déterminées
à l’aide d’une simulation numérique. On considère pour cette simulation que le
mouvement de l’atome est classique et donc gouverné par l’équation m d2�r/dt = �F

où �F est la force de pression de radiation exercée par les faisceaux du piège
magnéto-optique. L’expression de cette force de pression de radiation peut être
calculée à l’aide des résultats de la référence [45] (équations de Bloch optiques
pour une transition J=0 J=1). En supposant que la saturation est faible I � Isat

et que le champ magnétique est toujours parallèle au faisceau, on peut obtenir
une expression plus simple de la force de pression de radiation à l’aide de la
relation 2.4.

La connaissance précise des propriétés de capture du piège magnéto-optique
n’est pas vraiment utile pour la réalisation de notre expérience. Nous avons juste
besoin d’une estimation du flux d’atomes capturés en fonction des caractéristiques
du jet de strontium (distribution angulaire, distribution de vitesse). Nous utili-
serons pour cela le modèle de capture suivant (voir référence [48]) : un atome
sera capturé par le piège si sa vitesse est inférieure à une vitesse limite
appelée vitesse de capture vc et s’il passe à une distance par rapport
au centre du piège inférieure à une distance limite appelée rayon de
capture rc. Les propriétés de capture du piège sont en réalité plus difficile à
décrire car la vitesse de capture dépend de la position de l’atome. Ce modèle
devrait cependant nous donner un bon ordre de grandeur pour le flux d’atomes
capturés en fonction des caractéristiques du jet.

Il nous faut à présent déterminer le rayon de capture et la vitesse de capture du
piège. La force de piégeage et de refroidissement agit uniquement dans une zone
où l’intensité laser est non nulle. Nous considérons donc que le rayon de capture
rc est égal au waist des faisceaux lasers ω0 utilisées dans le piège magnéto-optique
(voir référence [48]).

Pour obtenir une estimation de la vitesse de capture du piège magnéto-
optique, nous avons réalisé une simulation à une dimension de la capture des
atomes. Nous avons utilisé l’expression 2.4 pour la force de pression de radiation.
Pour tenir compte de la taille finie de la zone de piégeage, nous considérons que
l’intensité laser est non nulle uniquement dans une zone de largeur 2 ω0 où ω0

est le waist des faisceaux lasers du piège magnéto-optique. On lance un atome de
vitesse v et on regarde s’il est capturé par le piège. La vitesse maximale qui sera
capturée par le piège donnera alors une estimation de la vitesse de capture du
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piège. La vitesse de capture obtenue dépend beaucoup des paramètres du piège
magnéto-optique : intensité laser I, waist des faisceaux ω0, désaccord laser δL,
gradient de champ magnétique A.

En prenant un waist de 8 mm et une puissance par faisceau de 8 mW (on
trouvera la justification du choix de ces paramètres à la fin de cette partie), nous
trouvons que le désaccord laser et le gradient de champ magnétique optimisant
la vitesse de capture sont : δL = −2.2Γ et A = 39 G/cm. On trouve pour ces
paramètres une vitesse de capture égale à vc = 50 m/s. Sur la figure, nous avons
représenté la vitesse de capture en fonction du désaccord laser. Pour chaque
désaccord laser, le gradient de champ magnétique a été choisi pour optimiser la
vitesse de capture.
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Fig. 2.7 – Calcul de la vitesse de capture du piège magnéto-optique en fonction
du désaccord laser obtenue avec une simulation à une dimension (waist des fais-
ceaux : w0 = 8mm, puissance par faisceau : 8 mW, intensité laser I = P/πw2

0 =
0.9 Isat, gradient de champ magnétique optimisé pour chaque valeur du désaccord
laser).

Pour optimiser la vitesse de capture, le désaccord laser utilisé devra être voisin
−2.2Γ et le gradient de champ magnétique devra être de l’ordre de 39G cm−1.
Ces valeurs sont juste des indications pour la conception de l’expérience, les
valeurs du désaccord laser et du gradient de champ magnétique seront choisies
expérimentalement pour maximiser le nombre d’atomes piégés.

Nous considérons donc pour la suite que notre piège magnéto-
optique a un rayon de capture égal à rc = w0 = 8mm et une vitesse
de capture égale à 50 ms−1.
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Pertes par pompage optique

Nous avons vu dans la partie 2.1.4 (page 63) que la transition 1S0 - 1P1

utilisée pour le piégeage et le refroidissement du strontium est légèrement ouverte.
Lorsque l’atome n’est plus dans les niveaux 1S0 et 1P1, il n’est plus soumis à la
force de pression de radiation qui le piège, l’atome se met alors à s’éloigner de
la zone de piégeage. Si l’atome retombe dans le niveau 1S0 avant d’avoir quitté
la zone de capture, il pourra être recapturé par le piège magnéto-optique. Dans
le cas contraire, il sera perdu. Ce processus contribue donc aux pertes du piège
magnéto-optique.

Nous allons commencer par regarder si les atomes quittant la transition 1S0 -
1P1 peuvent être recapturés par le piège magnéto-optique. La transition 1S0 - 1P1

est ouverte, les atomes peuvent se désexciter vers le niveau 1D2. De ce niveau,
ils peuvent ensuite soit tomber dans le niveau métastable 3P2 soit tomber dans
le niveau 3P1 puis dans le niveau fondamental 1S0. Si l’atome est tombé dans le
niveau métastable 3P2 (probabilité 33%), l’atome ne pourra pas être recapturé
par le piège magnéto-optique. Si l’atome est tombé dans le niveau 3P1 (probabilité
67%), il peut être recapturé par le piège si pendant le temps où l’atome était dans
les niveaux 1D2 et 3P1, il n’a pas quitté la zone de capture du piège magnéto-
optique.

Nous allons donc à présent estimer la proportion d’atomes qui ont quitté la
zone de capture après être passés dans les niveaux 1D2 et 3P1. On considère que
la zone de capture du piège est une sphère de rayon rc. Un atome avec une vitesse
v quittera cette zone de capture du piège s’il a passé un temps t = rc/v dans les
niveaux 1D2 et 3P1

4. Comme le temps de vie du niveau 1D2 (0.3 ms) est grand
par rapport au temps de vie du niveau 3P1 (21 µs), nous négligerons le temps
où l’atome est resté dans le niveau 3P1 par rapport au temps où il est resté dans
le niveau 1D2. La probabilité d’être resté un temps supérieur à t dans le niveau
1D2 est égale à e−(Γ1+Γ2)t. La probabilité pour qu’un atome de vitesse v ait passé
suffisamment de temps dans le niveau 1D2 pour quitter la zone de capture du
piège est donc égale à e−(Γ1+Γ2)rc/v. Pour connâıtre la proportion d’atomes ε qui
ont quitté la zone de capture, il faut moyenner sur la distribution de vitesse des
atomes dans le piège magnéto-optique :

ε =

∫ ∞

0

1

(2π〈v2
z〉)

3
2

4π v2 e
− v2

2〈v2
z〉 e−

(Γ1+Γ2)rc
v dv (2.8)

où 〈v2
z〉 est la vitesse quadratique moyenne suivant une direction de la distribution

de vitesse supposée gaussienne et isotrope. On peut retrouver cette expression de
ε dans la référence [49].

Nous avons vu précédemment que le rayon de capture du piège correspond
à peu prés au waist des faisceaux du piège. Nous prendrons donc rc = 8 mm.

4. Nous négligeons ici l’effet de la gravité. En effet, la vitesse acquise à cause de la gravité
g t ∼ 0.003 m/s est très petite devant la vitesse initiale des atomes ∼ 1 m/s.
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La valeur typique de
√〈v2

z〉 est égale à 0.9 m/s (mesure expérimentale voir page
137). Avec ces valeurs de paramètre et en résolvant numériquement l’intégrale de
la relation 2.8, on obtient une proportion d’atomes quittant la zone de capture
égale à ε = 2 10−5. On pourra donc considérer dans la suite que tous les atomes
qui sont passés par les niveaux 1D2 et 3P1 sont recapturés par le piège magnéto-
optique. Les atomes passant par ces niveaux ne constituent donc pas une source
de perte. La seule source de perte par pompage optique provient des
atomes tombant dans le niveau métastable 3P2.

3P2

3P1

3P0

1S0

1P1

1D2

Γb=2.0 108 s-1

Γd=3.9 103 s-1

Γr=4.8 104 s-1

niveau
métastableΓ1=2.2 103 s-1

Γ2=1.1 103 s-1

τ = 5.0 ns
τ = 0.30 ms

τ = 21 µs

Piégeage et refroidissement
du strontium

Fig. 2.8 – Niveaux du strontium participant au pompage optique.

Pour connâıtre le taux de pertes dans le piège magnéto-optique, nous devons
donc estimer le taux d’atomes tombant dans le niveau métastable 3P2. Pour
cela, nous utilisons les équations de taux qui gouvernent la population dans les
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différents niveaux atomiques 5:

d nt

dt
= −Γd f nt + Γr n3P1

+ Φc

d n1D2

dt
= Γd f nt − (Γ1 + Γ2) n1D2

d n3P1

dt
= Γ1 n1D2

− Γr n3P1

(2.9)

où nt est la somme des nombres d’atomes dans les niveaux 1S0 et 1P1, n1D2
est

le nombre d’atomes dans le niveau 1D2, n3P1
est le nombre d’atomes dans le

niveau 3P1 et Φc est le flux d’atomes capturés par le piège. Les probabilités de
transition Γ sont indiquées sur la figure 2.8. La quantité f représente le rapport
entre le nombre d’atomes dans l’état excité 1P1 et le nombre d’atome dans l’état
fondamental 1S0 et dans l’état excité 1P1 (f = n1P1

/(n1S0
+ n1P1

). Lorsque les
atomes sont éclairés par une onde plane, ce rapport est égal à :

f =
1

2

I

I + Isat

1

1 + 4
δ2
L

(Γ
√

1 + I/Isat )2

(2.10)

où I est l’intensité laser, Isat = 42.7 mW/cm2 est l’intensité de saturation de la
transition 1S0 - 1P1, δL = ωL − ω0 est le désaccord laser.

Dans le piège magnéto-optique, les atomes sont éclairés par six ondes planes,
la formule 2.10 de f n’est donc pas à priori valable pour les atomes dans le piège
magnéto-optique. Le calcul exact de la proportion d’atomes dans l’état excité
est cependant compliqué pour six ondes planes. On se contentera donc d’utiliser
l’expression 2.10 de f valable pour une onde plane en prenant comme intensité la
somme des intensités des six faisceaux de piégeage.

En sommant les trois équations du système 2.9, nous trouvons que le nombre
total d’atomes piégés N = nt + n1D2

+ n3P1
obéit à l’équation :

d N

dt
= −Γ2 n1D2

+ Φc

Le taux de pertes dans le piège est donc égal à :

Γp = Γ2
n1D2

N
(2.11)

Le taux de pertes dépend du rapport entre le nombre d’atomes dans l’état 1D2 et
le nombre total d’atomes. En régime stationnaire ce rapport s’obtient en résolvant

5. Nous n’avons pas tenu compte dans ces équations de taux des pertes par collision. De
plus, comme la durée de vie du niveau 1P1 est très petite devant le temps de vie des autres
niveaux, nous avons considéré que le rapport entre la population de l’état fondamental 1S0 et
de l’état excité 1P1 s’adapte adiabatiquement à l’évolution des populations nt, n1D2 et n3P1 .
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la solution stationnaire du système 2.9. On obtient alors pour le taux de pertes
par pompage optique en régime stationnaire :

Γp =
Γ2

1 +
Γ1

Γr

+
Γ1 + Γ2

f Γd

(2.12)

Ces pertes dépendent fortement de la proportion d’atomes dans l’état excité f
et donc de l’intensité et du désaccord laser des faisceaux pièges. Les pertes maxi-
males sont obtenues à forte saturation (f=0.5) et sont égales à Γp = 4.0 102 s−1.
Ceci correspond à un temps de vie des atomes égal à 2.5 ms. Pour les paramètres
standards du piège magnéto optique (δL = −Γ, I ∼ Isat), on obtient un taux de
pertes de l’ordre de Γp ∼ 102 et donc un temps de vie de 10 ms.

Lorsque la proportion d’atomes dans l’état excité est petite (f � 1), le nombre
d’atomes dans les états 1D2 et 3P1 devient négligeable, l’expression des pertes par
pompages optiques se simplifie alors, on obtient :

Γpo = Γd
Γ2

Γ1 + Γ2

f , f � 1

Les pertes par pompage optique dans un piège magnéto-optique de strontium
sont donc importantes et limiteront le nombre d’atomes piégés. On verra dans
la partie 2.6 comment empêcher ces pertes par pompage optique en utilisant des
lasers repompeurs.

Pertes par collision

Les atomes et les molécules du gaz résiduel présent dans l’enceinte de piégeage
peuvent effectuer des collisions avec les atomes de strontium piégés. Au cours de
ces collisions, les atomes sortent du piège s’ils acquièrent une vitesse supérieure
à la vitesse de capture. Comme les atomes et les molécules du gaz résiduel sont à
température ambiante, la vitesse qu’ils communiquent aux atomes de strontium
lors de la collision est pratiquement toujours supérieure à la vitesse de capture
du piège qui est de l’ordre de quelques dizaine de m s−1. Pour obtenir le moins
de pertes possibles, il faut donc avoir un très bon vide dans l’enceinte. Un vide
de l’ordre de 10−8 mbar provoque des pertes de l’ordre de 3 s−1 (voir mesure
expérimentale page 149).

Le dernier type de perte dans le piège magnéto-optique provient des collisions
entre atomes froids piégés. Les collisions élastiques à deux corps ne peuvent pas
provoquer de pertes. En effet, les atomes froids ont des vitesses de l’ordre de 1 m/s.
Au cours d’une collision élastique, ils ne peuvent donc pas acquérir une vitesse
supérieure à la vitesse de capture du piège (40 m/s). Les collisions inélastiques à
trois corps qui pourraient communiquer aux atomes une vitesse suffisante pour
quitter le piège sont négligeables pour les densités atomiques obtenues dans un
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piège magnéto-optique. Les seuls types de collision qui induisent des pertes sont
les collisions assistées par lumière [103]. Au cours de ces collisions inélastiques, les
atomes peuvent acquérir une vitesse supérieure à la vitesse de capture et peuvent
donc quitter le piège. Les pertes causées par ce type de collision sont de l’ordre
10 s−1 pour les densités caractéristiques que nous obtenons [145].

Lorsque le vide est suffisamment bon et que des lasers repompeurs sont utilisés
pour empêcher les pertes par pompage optique, les pertes dans le piège magnéto-
optique sont déterminées uniquement par les collisions assistées par lumière.

Choix des paramètres du piège magnéto-optique

Nous donnerons dans cette partie les paramètres du piège magnéto-optique
que nous avons choisis pour notre expérience : waist des faisceaux de piégeage,
faisceaux indépendants ou rétro-réfléchis, intensité des faisceaux, désaccord laser,
gradient de champ magnétique. Ces paramètres ont été choisis afin de maximiser
le nombres d’atomes piégés à partir d’un jet de strontium ralenti.

Nous verrons dans la partie 2.3.2 que la vitesse des atomes du jet peut être
contrôlée. La vitesse de capture du piège magnéto-optique n’est donc pas un
paramètre critique pour optimiser le nombre d’atomes capturés par le piège. Le
nombre d’atomes capturés dépend par contre fortement de la zone de capture du
piège magnéto-optique qui détermine la partie de la distribution angulaire du jet
qui sera capturée. Nous avons vu que cette zone de capture était essentiellement
donnée par la taille des faisceaux du piège. Nous choisirons donc les faisceaux
les plus grands possibles pour capturer un maximum d’atomes. Nous utiliserons
donc des faisceaux avec un waist de 8 mm qui correspond au waist maximum
qu’on peut utiliser avec des miroirs standards de diamètre 25 mm.

Pour obtenir les trois paires de faisceaux contrapropageants du piège magnéto-
optique, on peut soit rétro-réfléchir le faisceau sur lui-même ou soit utiliser des
faisceaux indépendants. L’utilisation de faisceaux rétro-réfléchis permet d’avoir
plus de puissance par faisceau pour une même puissance totale par contre les
intensités des deux faisceaux contrapropageants ne seront pas égales à cause
des pertes sur les optiques et de l’absorption des atomes piégés. Comme nous
voulons obtenir un nuage avec une grande épaisseur optique, nous aurons avec
des faisceaux rétro-réfléchis un fort déséquilibre d’intensité entre faisceaux. Nous
choisirons donc d’utiliser six faisceaux indépendants.

La puissance utile disponible pour les faisceaux du piège magnéto-optique est
environ égale à 50 mW. En utilisant six faisceaux indépendants, on obtient donc
une puissance environ égale à 8.3 mW par faisceau. Pour un waist de 8 mm, on
obtient une intensité au centre du faisceau égale à 8.3 mW/cm2 ce qui correspond
à un paramètre de saturation par faisceau à résonance I/Isat égal à 0.19.

Le désaccord laser et le gradient de champ magnétique qui maximise le nombre
d’atomes sont déterminés expérimentalement. Pour cela, nous avons mesuré le
nombre d’atomes piégés (voir page 125) en fonction du désaccord laser et du
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gradient de champ magnétique. Nous trouvons que le désaccord laser maximisant
le nombre d’atomes piégés est compris entre −2Γ et −Γ. Le gradient de champ
magnétique optimum est lui voisin de 70 G cm−1 dans l’axe des bobines (35
G cm−1 dans les autres directions).

2.2.3 Dispositif expérimental

Dans cette partie, nous décrirons le dispositif expérimental permettant de
réaliser le piège magnéto-optique de strontium. Les faisceaux lasers permettant
de piéger et de refroidir les atomes proviennent du laser bleu qui a été décrit
dans le chapitre 1. La séparation en six faisceaux indépendants s’effectue à l’aide
de cubes polariseurs et de lames λ/2. La fréquence des faisceaux est contrôlée
à l’aide d’un modulateur acousto-optique de 80 MHz utilisé en simple passage.
Cette acousto-optique sert aussi d’interrupteur pour les faisceaux du piège. La
configuration des différents acousto-optiques utilisés pour l’expérience est décrite
page 121. Dans cette partie, nous décrirons en détail la conception de la cellule
dans laquelle est réalisée le piège magnéto-optique et la réalisation du gradient
de champ magnétique. La technique d’obtention du vide à l’intérieur de la cellule
sera décrite ultérieurement (voir page 118).

Cellule contenant les atomes piégés

La cellule dans laquelle est réalisé le piège magnéto-optique doit satisfaire
plusieurs contraintes.

La cellule doit tout d’abord avoir un grand accès optique afin de laisser passer
les différents faisceaux interagissant avec les atomes : six faisceaux lasers pour le
piège magnéto-optique sur la transition 1S0 - 1P1, un faisceau servant au ralen-
tissement du jet atomique, un ou deux faisceaux repompeurs, un ou plusieurs
faisceaux sondes, six faisceaux lasers pour le piège magnéto-optique sur la tran-
sition d’intercombinaison 1S0 - 3P1. Cette cellule doit aussi permettre d’avoir un
accès optique suffisamment grand pour pouvoir collecter le maximum de fluores-
cence provenant des atomes froids piégés.

La qualité optique des ouvertures de la cellule doit être très bonne afin de ne
pas déformer le front d’onde des faisceaux arrivant sur les atomes. Il est aussi
préférable d’utiliser des interfaces traitées antireflets afin d’éviter les multiples
réflexions à l’intérieur de la cellule et d’avoir des faisceaux entachés de franges
d’interférence. Des fenêtres traitées antireflets et de bonnes qualités optiques se-
ront surtout nécessaires pour l’étude de la rétrodiffusion cohérente.

Comme le piège magnéto-optique est chargé à partir d’un jet de strontium,
seule la fenêtre laissant passer le faisceau servant au ralentissement du jet ato-
mique est en contact avec le strontium. Le strontium étant corrosif avec le verre,
la fenêtre en contact avec le strontium devra être en saphir (voir annexe A page
356). Il devra être également possible de chauffer cette fenêtre à des températures
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de l’ordre de 300 - 400oC afin d’évaporer le strontium qui pourrait se déposer des-
sus.

La cellule doit permettre de réaliser un bon vide (� 10−8 mbar) afin de mini-
miser les pertes dans le piège magnéto-optique causées par les collisions avec le
gaz résiduel. Le vide pourra être considéré comme suffisamment bon lorsque les
pertes causées par les collisions avec le gaz résiduel seront petites devant les pertes
causées par les collisions assistées par lumière entre atomes froids de strontium.
Pour obtenir un bon vide, la cellule doit être composée de matériaux avec un
faible taux de dégazage et doit permettre d’être étuvée à une température d’au
moins 100oC.

Pour réaliser le piège magnéto-optique de strontium, nous avons besoin de
créer un gradient de champ magnétique de l’ordre de 100 G/cm au centre de
la cellule. Pour pouvoir créer facilement ce gradient, on aura intérêt à pla-
cer les bobines de champ magnétique les plus proches possibles des atomes.
Il est donc préférable de concevoir une cellule pas trop volumineuse. Afin de
réaliser différentes expériences, nous aurons besoin de couper le gradient de
champ magnétique en un temps inférieur à la milliseconde. Il faudra donc que la
cellule ne possède pas trop de parties métalliques conductrices qui permettent
l’établissement de courants de Foucault s’opposant à la coupure du champ
magnétique.

Pendant la durée de ma thèse, trois cellules ont été construites. La première
fut une cellule de test pour réaliser notre premier piège magnéto-optique de
strontium. Cette cellule est représentée sur la figure 2.9. Elle est constituée de
différentes parties en verre qui ont été soudées ensembles. Une fenêtre en sa-
phir a été collée avec du Torr Seal (colle époxy) à une extrémité de la cellule.
Cette colle peut être utilisée à des pressions de 10−9 mbar et peut être étuvée
à 120oC. La cellule en verre construite est compacte et présente un bon accès
optique. Nous avons obtenu dans cette cellule un vide très satisfaisant inférieure
à 10−8 mbar. Le problème de cette cellule provient de la très mauvaise qualité
optique de ses accès optiques. Les éléments en verre constituant la cellule sont
initialement de bonne qualité optique mais la soudure des différentes parties en
verre en détériore considérablement la qualité optique. La qualité optique de cette
cellule a été suffisante pour réaliser un piège magnéto-optique. Par contre la cel-
lule déforme trop le front d’onde des faisceaux pour réaliser des expériences de
rétrodiffusion cohérente.

La deuxième cellule construite pendant ma thèse est constituée de fenêtres
en verre de bonne qualité optique et traitées antireflets sur les deux faces. Ces
fenêtres sont collées sur une armature en acier inoxydable. Un hublot en saphir
est visser sur l’extrémité de la cellule en contact avec le jet de strontium. Le
schéma de cette cellule est représenté sur la figure 2.10. La principale difficulté de
la construction de cette cellule réside dans le collage des fenêtres. La colle Torr
Seal précédemment employée est difficilement utilisable pour coller les fenêtres de
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Connection verre métal

Fenêtre en saphir

Jet de strontium

Colle Torr Seal

Soudure
Verre Acier inoxydable

Jet de strontium

2 cm

Fig. 2.9 – Premier type de cellule utilisée pour réaliser le piège magnéto-optique
de strontium.

cette cellule. En effet, lors de l’étuvage de la cellule, l’acier et le verre ne se dilatent
pas de la même quantité 6. Le Torr Seal n’étant pas souple, des contraintes dans
la fenêtre en verre se créent et peuvent conduire à la cassure de la fenêtre. Pour
coller les fenêtres en verre, nous avons choisi d’utiliser la colle époxy EPO-TEK
H77. Lors d’un étuvage, cette colle devient souple et permet alors d’encaisser la
différence de dilatation entre le verre et l’acier. Il n’y a donc pas de contraintes
exercées sur les fenêtres en verre. Les fenêtres en verre ne risquent donc pas de
casser lors de l’étuvage. Cette colle possède de plus un faible taux de dégazage
et permet donc d’obtenir un très bon vide. La procédure de collage demande
cependant un traitement thermique. Les parties collées doivent rester à 200oC
pendant une heure. Lors de la réalisation de la cellule, nous avons d’abord collé
les 8 fenêtres sur la monture métallique. Entre chaque collage de fenêtre, nous
avons attendu au moins une journée afin que la colle se rigidifie un peu et que
la fenêtre tienne en place. Une fois les 8 fenêtres collées, nous avons placé la
cellule dans un four et nous avons réalisé le traitement thermique. Cependant à la
fin du traitement thermique, nous avons constaté que certaines fenêtres avaient

6. Coefficient d’expansion du verre ∼ 7.10−6 K−1, coefficient d’expansion de l’acier inoxy-
dable ∼ 2.10−7 K−1.
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Acier inoxydable

Fenêtres en verre traitées antireflets

Hublot en saphir

2 cm

Bride

Jet de strontium

Jet de strontium

Fig. 2.10 – Deuxième type de cellule utilisée pour réaliser le piège magnéto-
optique de strontium.

légèrement glissé. Lorsque nous avons fait le vide dans la cellule, nous avons
constaté de nombreuses fuites. Nous avons alors bouché les fuites à l’aide d’un
vernis (Vacseal). Avec cette cellule, nous n’avons pas pu avoir un bon vide. Malgré
un étuvage de la cellule à 150oC pendant deux semaines, nous n’avons pas pu avoir
un vide meilleur que 2.10−7 mbar. Le vide semble être limité par le dégazage du
vernis Vacseal qui s’était répandu à l’intérieur de la cellule. Les fuites initiales
dans les fenêtres étaient trop importantes pour obtenir un colmatage propre des
fuites avec du Vacseal. Un piège magnéto-optique de strontium a été tout de
même réalisé dans cette cellule. Avec des lasers repompeurs, le temps de vie des
atomes dans le piège magnéto-optique était limité à 20 ms par les collisions avec
le gaz résiduel présent dans la cellule. Le mauvais vide de la cellule nous limitait
donc le nombre d’atome piégés à quelques 107 atomes. Grâce à la bonne qualité
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optique des fenêtres et à une épaisseur optique convenable du gaz d’atomes froids
piégés (2-3), nous avons pu réaliser une expérience de rétrodiffusion cohérente de
la lumière dans cette cellule.

A la fin de ma thèse, pour améliorer le vide dans la cellule et donc pour aug-
menter le nombre d’atomes piégés, nous avons construit une troisième cellule.
Cette cellule est identique à la première mais nous avons changé la procédure du
traitement thermique de la colle. Précédemment le problème du collage prove-
nait du traitement thermique. Lors de ce traitement, la colle se ramollissait et
les fenêtres qui n’étaient pas à l’horizontal glissaient et donc des fuites apparais-
saient. Pour réaliser cette cellule, nous avons donc choisi d’effectuer le traitement
thermique sous vide. En effet, le différentiel de pression plaque les fenêtres contre
la monture métallique et empêche donc les fenêtres de glisser lors de l’étuvage.
Après avoir tester cette procédure sur un montage annexe, nous avons réalisé le
traitement thermique suivant cette méthode pour les fenêtres de la cellule. Ce-
pendant, après avoir réalisé le traitement thermique, nous avons constaté que
la colle de 4 fenêtres sur 8 a été partialement aspirée et s’était répandu sur les
fenêtres. Nous avons alors décidé d’utiliser le Torr Seal pour recoller les quatre
fenêtres dont la colle avait été aspirée. Après l’étuvage de la cellule à 100 oC,
des contraintes dans le verre du bord de certaines fenêtres collées au Torr Seal
sont apparues. Ces contraintes ont crées de petites fuites qui ont été facilement
bouchées avec du Vacseal. Dans cette cellule, nous avons pu obtenir un vide de
2.10−8 mbar. Nous devrions donc avoir des pertes causées par les collisions avec
le gaz résiduel dix fois plus faibles qu’avec la précédente cellule. Il devrait être
alors possible de piéger plus d’atomes que précédemment.

Bobines de gradient de champ magnétique

Le gradient de champ magnétique nécessaire pour le piège magnéto-optique
est réalisé à l’aide de deux bobines en configuration anti-Helmholtz placées de part
et d’autre de la cellule (voir figure 2.11). Nous avons vu dans la partie précédente
que pour optimiser la vitesse de capture, le gradient de champ magnétique doit
être de l’ordre de 70 G/cm. Nous concevrons donc des bobines pour obtenir un
gradient de champ magnétique de 70 G/cm (axe des bobines). Le gradient de
champ magnétique crée par les bobines est proportionnel au produit du courant
électrique et du nombre de spires (dB/dz ∝ N I). Pour obtenir le même gra-
dient de champ magnétique, nous avons donc le choix entre un grand nombre
de spires et un petit courant et un petit nombre de spires et un fort courant.
Pour réaliser certaines expériences, nous aurons besoin de couper le gradient de
champ magnétique en un temps inférieur à la milliseconde. Il faut donc conce-
voir des bobines qui ont la plus faible inductance L possible pour minimiser le
temps de coupure du champ magnétique. L’inductance d’une bobine étant pro-
portionnelle au carrée du nombre de spires, les bobines devront comporter le
moins de spires possibles. Nous devons donc travailler avec le courant électrique
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le plus élevé possible. Nous nous sommes limités à une alimentation de 20 A car
le prix des alimentations permettant de délivrer un courant plus élevé augmente
considérablement.

65 mm

O = 55 mm

16x16 spires
Ofil = 2.2 mm

Bobine

Tuyaux de cuivres pour le
refroidissement par eau

Fig. 2.11 – Bobines permettant de créer le gradient de champ magnétique au
centre de la cellule.

Pour maximiser le gradient de champ magnétique, les bobines doivent être le
plus proche possible du centre de la cellule. La distance entre les bobines sera
donc égale à 6.5 cm, légèrement supérieure à la largeur de la cellule (voir figure
2.11). Le diamètre intérieur des bobines doit être choisi suffisamment grand pour
ne pas limiter l’accès optique de la cellule. On prendra donc un diamètre intérieur
de 55 mm. Le diamètre du fil des bobines sera pris égal à 2.1 mm. Ce choix résulte
d’un compromis entre l’encombrement des bobines et la résistance électrique des
bobines et donc la puissance dissipée.

Nous allons à présent calculer le gradient de champ magnétique créé par les
deux bobines afin d’estimer le nombre de spires nécessaires pour obtenir un gra-
dient de 70 G/cm. Le gradient de champ magnétique au centre de deux spires de
rayon R à une distance 2 zs l’une de l’autre est égal à [50] :

d Bz

dz
(0,0) =

3µ0 I zs R2

(R2 + z2
s)

5
2

d Bρ

dρ
(0,0) = −1

2

d Bz

dz
(0,0) (2.13)
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Comme la section de nos bobines ne sera pas petite devant la distance entre
les bobines et leur rayon, on ne peut pas considérer que les champs magnétiques
créés par les différentes spires sont égaux. Pour calculer le gradient de champ
magnétique, il faut donc sommer les gradients de champ magnétique créés par
chaque paire de spires placée en des positions différentes. En utilisant ce calcul,
nous avons abouti au choix de 16x16 spires. Le gradient de champ magnétique
créé par ces bobines est alors égal à :

d Bz

dz
(0,0) = 7.1 G cm−1 A−1

d Bρ

dρ
(0,0) = −3.5 G cm−1 A−1

Avec ces bobines, nous obtenons pour le courant maximum que peut débiter notre
alimentation (20 A), un gradient de champ magnétique égal 141 G/cm dans l’axe
des bobines et un gradient de 70 G/cm dans les deux autres directions.

Dans la partie sur le ralentissement du jet atomique de strontium, nous
aurons besoin de connâıtre l’allure du champ magnétique créé par ces bobines.
Le calcul du champ magnétique créé par ces bobines peut se faire comme
précédemment en sommant les champs magnétiques créés par les différentes
paires de spires (l’expression du champ magnétique créé par une spire est donnée
dans la référence [50]). Sur la figure 2.12, nous avons représenté le champ
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Fig. 2.12 – Champ magnétique créé par les bobines pour un courant de 10 A

magnétique obtenu dans l’axe des bobines et dans l’axe orthogonal.

Les bobines ont été réalisées en enroulant un fil de cuivre de diamètre 2.1 mm
autour d’un moule qui avait les dimensions adéquates. Les différentes spires sont
collées les une aux autres à l’aide d’une colle époxy. Le moule est ensuite retiré.
Les bobines obtenues constituent ainsi un bloc rigide

La résistance électrique totale des deux bobines est égale de 0.7 Ω. La puis-
sance dissipée pour un courant de 10 A est égale 70 W. Avec cette puissance, les
bobines chauffent de trop, nous avons donc installé un circuit de refroidissement
par eau autour des bobines. Nous avons fait attention à ne pas créer de boucle
conductrice avec les tuyaux de cuivres utilisés pour le refroidissement afin qu’il
n’y ait pas de courant de Foucault induit dans les tuyaux de refroidissement lors
de la coupure de champ magnétique. Pour cela, nous avons donc entouré les
tuyaux en cuivre d’un isolant électrique.

Pour réaliser la coupure du courant dans les bobines de champ magnétique,
nous utilisons comme interrupteur un transistor Mosfet ISOTOP. La tension
maximale que peut supporter le transistor utilisé est égale à 1000 V. Lors de
la coupure du courant dans les bobines de champ magnétique, une surtension se
crée aux bornes des bobines et donc au niveau du transistor. Pour éviter que la
surtension dépasse les 1000 V qui endommagerait le transistor, nous utilisons un
Transil en parallèle avec les bobines de champ magnétique. Cet élément a une
résistance infinie lorsque la tension à ces bornes est inférieure à 1000 V. Lorsque
la tension atteint 1000 V, le Transil se met à conduire et donc la tension à ces
bornes ne dépasse jamais 1000 V. Grâce à cet élément, la tension aux bornes des
bobines et donc la tension aux bornes du transistor ne dépasse donc jamais 1000
V.
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Avec ce système de coupure du courant dans les bobines de champ
magnétique, le temps de coupure du courant est déterminé par la valeur de la
surtension autorisée aux bornes des bobines. Le temps de coupure τc est donc de
l’ordre de :

τc ∼ L I

Umax
(2.14)

où I est le courant passant initialement dans les bobines (I � 20 A), Umax est
la surtension autorisée aux bornes des bobines et L est l’inductance des deux
bobines de champ magnétique. L’inductance des bobines peut être estimée à
l’aide de la formule de l’inductance d’un solénöıde L = µ0 N2 S/l où N est le
nombre de spires, S est la section du solénöıde et l est la longueur du solénöıde.
En utilisant cette formule, on trouve que l’inductance des deux bobines décrites
précédemment est égale à 11 mH. On obtient alors à l’aide de la relation 2.14, un
temps de coupure de l’ordre de 200 µs.
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Fig. 2.13 – Coupure du gradient de champ magnétique avec et sans cellule.

La coupure du champ magnétique a été mesurée expérimentalement à l’aide
d’une sonde à effet Hall (voir figure 2.13). Pour déterminer l’effet des courants
de Foucault dans la monture métallique de la cellule, nous avons mesuré la cou-
pure avec et sans cellule. On peut constater sur la figure 2.13 que la présence
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de la cellule allonge légèrement le temps de coupure. Avec la cellule, le champ
magnétique est coupé à mieux que 10% au bout de 160 µs et à mieux que 1%
au bout de 300 µs 7. Ce temps de coupure devrait être suffisamment petit pour
pouvoir sonder le gaz d’atomes froids avant qu’il ne soit trop étendu. En effet,
au bout de 300 µs, les atomes se sont seulement déplacés de 0.3 mm (vitesse des
atomes ∼ 1 m/s). On peut aussi constater sur la figure 2.13 qu’au moment de la
coupure le champ magnétique oscille avec une amplitude correspondant à 3-4 fois
son amplitude initiale. Comme les atomes de strontium dans l’état fondamental
n’ont pas de moment magnétique (J=0), ces oscillations du champ magnétique
ne perturberont pas les atomes si les lasers sont coupés.

Le temps de montée du courant dans les bobines est déterminé par τm = L/R
où R est la résistance électrique des bobines. Nous obtenons un temps d’environ
16 ms pour nos bobines. Pour diminuer ce temps de monté, on envoie à l’aide
d’un condensateur une surtension temporaire U aux bornes de la bobine. La
valeur de cette surtension donne alors le temps de montée (τm = L I/U). A l’aide
d’une alimentation d’une centaine de Volts, nous arrivons à obtenir un temps de
monté de l’ordre de 2 ms.

Dans cette partie, nous avons décrit la réalisation expérimentale du piège
magnéto-optique de strontium. Nous avons aussi estimé théoriquement les ca-
ractéristiques du piège magnéto-optique. Les propriétés de capture du piège que
nous avons estimées vont nous servir dans la partie suivante pour concevoir la
technique de chargement du piège.

7. Le temps de coupure dépend de l’intensité circulant dans les bobines. Pour un courant
dans les bobines donnant un gradient de champ magnétique inférieur à dB/dz = 100 G/cm, on
obtiendra un temps de coupure inférieur à celui mesuré précédemment.
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2.3 Chargement du piège

Le piège magnéto-optique est chargé à partir d’un jet de strontium. Nous
considérons que les atomes du jet seront capturés par le piège magnéto-optique
s’ils passent dans la zone de capture du piège (sphère de rayon rc ∼ 8 mm) et
si leur vitesse est inférieure à la vitesse de capture du piège vc ∼ 50 m s−1. Il
faut donc concevoir un jet de strontium avec une intensité maximum dans la
direction du piège magnéto-optique et avec une proportion d’atomes avec une
vitesse inférieure à la vitesse de capture la plus importante possible.

Dans cette partie, nous décrirons tout d’abord le dispositif permettant de créer
le jet de strontium et nous en donnerons ses caractéristiques. Nous étudierons
ensuite le ralentissement par laser des atomes du jet. Cette technique permet
d’accrôıtre considérablement la proportion d’atomes du jet qui ont une vitesse
inférieure à la vitesse de capture du piège. Nous étudierons enfin les mélasses
optiques transverses qui permettent de mieux collimater le jet et donc d’augmen-
ter la proportion d’atomes arrivant dans la zone de capture du piège magnéto-
optique.

2.3.1 Jet de strontium

Le jet de strontium est issu d’un four où une vapeur atomique est créée en
chauffant du strontium sous forme solide. Ce four possède un orifice de sortie par
lequel s’échappe la vapeur de strontium pour former un jet.

Nous travaillerons avec un jet effusif qui est obtenu lorsque le libre parcours
moyen des atomes est grand devant le diamètre de l’orifice de sortie du four.
Dans ce cas le mouvement d’un atome quittant le four n’est pas modifié lors de
sa sortie du four. La distribution de vitesse du jet effusif correspond donc à la
distribution de vitesse thermique à l’intérieur du four. La distribution angulaire
du jet effusif est déterminée par la géométrie de l’orifice de sortie.

Le flux de strontium du jet est limité par les capacités de stockage en strontium
du four. En effet, si le flux est trop important, le four se vide rapidement et
on est alors obligé de le recharger fréquemment. La recharge en strontium du
four est une opération longue car on est obligé de casser le vide et il faut alors
étuver le système pendant au moins une semaine pour obtenir à nouveau un
bon vide. Nous travaillerons donc avec un flux suffisamment bas pour ne pas à
avoir à recharger trop fréquemment le four. Ce flux est alors déterminé par les
capacités de stockage en strontium du four. Comme le four doit être chauffé à une
température de l’ordre de 500oC, la construction d’un four trop volumineux pose
des problèmes (isolation thermique). Nous nous sommes donc limités à un four
avec une contenance de quelques cm3 qui correspond à une capacité de stockage
d’environ 1 g de strontium. Si nous voulons que le strontium présent dans le
four dure pendant 1 an de fonctionnement (∼ 3 ans de durée réelle), le flux de
strontium du jet devra être inférieur à 2 1014 atomes/s.
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On limitera donc le flux total d’atomes dans le jet à 2 1014 atomes/s. Pour
maximiser le flux d’atomes arrivant dans la zone de capture du piège magnéto-
optique tout en gardant le même flux total d’atomes dans le jet, la distribution
angulaire du jet doit être la plus piquée possible dans la direction du piège. Nous
choisirons donc comme orifice de sortie du four un tube. Cette géométrie permet
d’obtenir une distribution angulaire plus piquée vers l’avant qu’un simple trou.
Pour obtenir une distribution angulaire encore plus piquée, nous pourrions utiliser
un réseau de tube comme orifice de sortie. Nous n’adapterons pas cette solution
car elle est plus difficile à réaliser en pratique.

Caractéristiques d’un jet effusif avec un tube comme orifice de sortie

Nous allons donner les caractéristiques d’un jet effusif provenant d’une en-
ceinte avec comme orifice de sortie un tube de rayon rt et de longueur Lt.

Lt

rt
θ

densité atomique : n

température : T

Le flux d’atomes quittant l’orifice de sortie par unité de vitesse v et par unité
d’angle solide est égal à [51] :

Φ(v,θ) = n
vT√
2π

π r2
t

1

π
j(θ) f(v) (2.15)

où n est la densité atomique de la vapeur de strontium contenue dans le four

(voir annexe A page 356), vT =
√

kB T
m

est la vitesse caractérisant la distribution

de vitesse des atomes dans le four. La fonction f(v) représente la distribution de
vitesse normalisée du jet :

f(v) =
1

2 v4
T

v3 e
−v2

2 v2
T ,

∫ ∞

0

f(v) dv = 1 (2.16)

Cette distribution de vitesse est représentée sur la figure 2.14 pour une
température de 500oC. On constate que la proportion d’atomes qui ont une vi-
tesse inférieure à la vitesse de capture du piège magnéto-optique (40 m/s) est très
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v en m/s

f(v)

Fig. 2.14 – Distribution de vitesse du jet f(v) (température du four : 500 oC).

faible. Il faudra donc ralentir le jet pour obtenir une proportion non négligeable
d’atomes avec une vitesse inférieure à la vitesse de capture.

La fonction j(θ) représente la distribution angulaire du jet normalisée à 1 en
θ = 0 (j(0) = 1) [51] :

j(θ) = α cos(θ) +
2

π
cos(θ)

(
(1 − α)

(
acos(q) − q

√
1 − q2

)
+

2

3q
(1 − 2α)

(
1 − (1 − q2)3/2

))
pour q ≤ 1 (θ ≤ atan(β))

j(θ) = α cos(θ) +
4

3π q
(1 − 2α) cos(θ)

pour q ≥ 1 (θ ≥ atan(β))
(2.17)

où

q =
tan(θ)

β
et β =

2 rt

Lt

α =
1

2
− 1

3β2

(
1 − 2β3 + (2β2 − 1)

√
1 + β2√

1 + β2 − β2 sinh−1( 1
β
)

)
Si l’orifice de sortie est un trou (Lt � rt), la distribution angulaire du jet est
simplement égale à j(θ) = cos(θ). La distribution angulaire j(θ) est représentée
sur la figure 2.15 pour différentes valeurs du paramètre β = 2 rt

Lt
. On peut constater

que la distribution angulaire est d’autant plus piquée vers l’avant que le paramètre
β = 2 rt

Lt
est petit. On aura donc intérêt à choisir un tube le plus allongé possible
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pour obtenir la distribution angulaire la plus piquée possible.
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θ

j(θ)

1

0.1

0.01
8

trou

Fig. 2.15 – Distribution angulaire du jet j(θ) pour différentes valeurs du pa-
ramètre β = 2 rt/Lt.

En utilisant la relation 2.15, on trouve que le flux total d’atomes quittant le
four est égal à :

Φtot =

∫ ∞

v=0

∫ π
2

θ=0

∫ 2π

φ=0

Φ(v,θ) sin θ dθ dφ dv = n
vT√
2π

π r2
t gθ (2.18)

où gθ est un paramètre qui dépend de la distribution angulaire du jet :

gθ = 2

∫ π
2

0

j(θ) sin(θ) dθ

Si l’orifice de sortie est un trou (Lt � rt), ce paramètre est égal à 1. Sinon gθ est
inférieur à 1 et est d’autant plus petit que le rapport β = 2 rt

Lt
est petit.

Dimensions du tube de sortie et température du four

Nous avons vu dans le paragraphe précédent que plus le rapport entre le
rayon et la longueur du tube était petit, plus la distribution angulaire du jet
est piquée vers l’avant (voir figure 2.15). Cependant lorsque la longueur du tube
est de l’ordre du libre parcours moyen, la distribution angulaire donnée par la
relation 2.17 n’est plus valable. On trouve en tenant compte des collisions [51]
que la distribution angulaire du tube cesse de s’affiner lorsque le tube atteint une
longueur de l’ordre du libre parcours moyen. Il ne sert donc à rien de prendre un
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tube plus long que le libre parcours moyen pour affiner la distribution de vitesse
du jet. Comme le libre parcours moyen des atomes de strontium dans le four est
de l’ordre du cm, nous choisirons une longueur de tube égale à Lt = 5 mm. Des
longueurs de tube beaucoup plus grandes sont de plus difficile à mettre en place
en pratique.

Il nous reste à présent à choisir le rayon du tube rt et la densité atomique
de la vapeur à l’intérieur du four n. Le rayon du tube et la densité atomique
déterminent le flux total d’atomes dans le jet (voir relation 2.18). Nous choisirons
le rayon du tube rt et la densité atomique dans le four n afin que le flux total soit
de l’ordre de 2 1014 atomes/cm3 correspondant à une recharge en strontium du
four au bout d’un an de fonctionnement. Pour une longueur de tube fixée, le rayon
du tube détermine aussi la distribution angulaire du jet, plus le rayon du tube sera
petit et plus la distribution angulaire sera piquée. Pour obtenir la distribution
angulaire la plus piquée possible tout en gardant le même flux total, il faut donc
travailler avec la densité atomique la plus élevée possible. La densité atomique de
la vapeur de strontium n dans le four est déterminée par la température du four
(voir annexe A page 356). La densité atomique augmente exponentiellement avec
la température du four. Nous choisirons de travailler avec une température du
four comprise entre 500 et 550oC. Nous limiterons à ces températures car plus la
température du four est élevée, plus le four dégazera et donc plus le vide obtenu
sera mauvais. De plus la réalisation d’un four à des températures plus élevées
devient technologiquement plus difficile. Nous choisirons donc un rayon de tube
permettant d’obtenir un flux total d’atomes dans le jet égal à 2 1014 atomes/s
pour une température du four comprise entre 500 et 550oC. En utilisant la relation
2.18, nous trouvons qu’un rayon de tube égal à rt ∼ 0.25 mm donne un flux total
d’atomes dans le jet égal à 2 1014 atomes/s pour une température de 530oC.

L’orifice de sortie du four sera donc un tube de rayon rt = 0.25 mm et de
longueur Lt = 5 mm. Nous travaillerons avec une température de four comprise
entre 500 et 550oC. Dans ces conditions d’utilisation, le four devra être rechargé
en strontium au bout d’un an de fonctionnement.

Réalisation pratique du four

Le schéma du four utilisé pour créer le jet de strontium est représenté sur le
figure 2.16. Ce four est construit en acier inoxydable 316LN. Il peut être chauffé
jusqu’à 650oC (limité par les soudures). Afin que le strontium ne se dépose pas
dans le tube de sortie du four, le tube doit être maintenu à une température
légèrement supérieure au reste du four. Nous avons donc placé autour du tube de
sortie un fil chauffant supplémentaire.

Le four est placé dans une enceinte sous vide (voir figure 2.17). Afin que le
four ne chauffe pas trop l’enceinte, nous avons choisi une enceinte d’assez grandes
dimensions. Le four est tenu à l’aide de trois pointes métalliques sur un berceau
dont l’orientation et la position sont réglables.
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Ο = 0.5 mm

5 mmStrontium

Fil chauffant

Thermocouple

Fil chauffant

Jet de strontium

Fig. 2.16 – Four permettant d’obtenir le jet de strontium (température ∼ 500oC).

Afin d’obtenir un bon vide différentiel entre la cellule où est réalisée le piège
magnéto-optique et l’enceinte du four, un trou de diamètre 1 mm est placé entre
ces deux parties. L’alignement du four doit être soigné afin que la partie du jet
de strontium passant par le trou de 1 mm atteigne la zone de capture du piège
magnéto-optique. Pour cela l’alignement du four est réalisé à l’aide d’un faisceau
laser que l’on fait passer par le centre du piège magnéto-optique, par le trou de
1 mm et par le tube de sortie du four.

hublot hublot

hublothublot

four vers pompe

zone de capture du
piège magnéto-optique

trou de diamètre 1 mm

Passage électrique pour les fils
chauffants et le thermocouple

four

Fig. 2.17 – Enceinte du four

Lorsque le four est utilisé à 530 oC, le flux d’atomes prévu par unité d’angle so-
lide dans la direction du piège magnéto-optique est égal à 6.6 1014 atomes s−1 sr−1

(voir relation 2.15). Si on place 1 g de strontium dans le four, il faudra recharger
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Fig. 2.18 – Four et fluorescence du jet de strontium.

le four au bout d’un an d’utilisation. La distribution de vitesse des atomes du
jet qui est donnée sur la figure 2.14 s’étale entre 0 et 1000 m/s−1. Pour obtenir
une fraction non négligeable d’atomes en dessous de la vitesse de capture, nous
devrons donc ralentir les atomes du jet de strontium.

2.3.2 Ralentisseur Zeeman

Dans cette partie, nous étudierons le dispositif permettant de ralentir le jet de
strontium et donc d’augmenter la proportion d’atomes du jet qui ont une vitesse
inférieure à la vitesse de capture du piège magnéto-optique.

Les atomes du jet sont ralentis grâce la force de pression de radiation d’un
laser contrapropageant avec le jet. Nous avons vu dans la partie 2.1.2 qu’à cause
de l’effet Doppler, la force de pression de radiation n’est efficace que sur une plage
de vitesse de l’ordre de 15 m/s. Comme la distribution de vitesse du jet s’étend
sur plusieurs centaines de mètres par seconde, la force de pression de radiation
du laser ne pourra pas ralentir efficacement les atomes du jet. Des techniques
ont cependant été trouvées pour permettre à la force de pression de radiation
d’agir efficacement sur l’ensemble de la distribution de vitesse du jet. Il existe
principalement deux méthodes.

La première méthode [52] consiste à utiliser un champ magnétique inhomogène
dans la zone de ralentissement. A cause de l’effet Zeeman (voir page 61), ce
champ magnétique inhomogène fait varier la fréquence de résonance des atomes
en fonction de leur position. La classe de vitesse en résonance avec le laser dépend
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donc de la position de l’atome dans la zone de ralentissement. Ainsi, pour un
profil de champ magnétique bien choisi, le laser sera successivement en résonance
avec les différentes classes de vitesse composant la distribution de vitesse du
jet. Ce dispositif permettant de ralentir le jet atomique est appelé ralentisseur
Zeeman.

La deuxième méthode [53] consiste à utiliser un laser dont la fréquence est ba-
layée temporellement. Le laser est donc successivement en résonance avec toutes
les classes de vitesse du jet. Cette deuxième technique est difficilement utilisable
pour notre expérience car on ne dispose pas d’un laser à 461 nm indépendant et
la réalisation d’un balayage en fréquence sur des GHz avec un acousto-optique
standard est impossible. Nous utiliserons donc la première méthode pour ralentir
notre jet.

Après avoir exposer le principe du ralentissement Zeeman, nous explique-
rons les choix technologiques effectués. Nous décrirons ensuite la réalisation
expérimentale du ralentisseur Zeeman.

Principe du ralentisseur Zeeman

Le jet atomique est ralenti grâce à la force de pression de radiation d’un
faisceau laser contrapropageant. Un champ magnétique non uniforme parallèle
au jet permet au laser d’être successivement en résonance avec les différentes
classes de vitesse du jet. Au début de la zone de ralentissement, le laser est en
résonance avec les atomes qui ont la vitesse la plus élevée que l’on souhaite ralentir
vmax. Puis le long de la zone de ralentissement, la vitesse qui est en résonance
avec le laser diminue jusqu’à atteindre la vitesse finale vf souhaitée à la fin du
ralentissement. Pour qu’un atome qui a initialement une vitesse v soit ralenti
jusqu’à la vitesse finale vf , il faut que le champ magnétique varie suffisamment
lentement pour que la diminution de la vitesse en résonance avec le laser soit plus
lente que la diminution de la vitesse réelle des atomes dans le ralentisseur. Pour
cela, le temps que le laser reste en résonance avec une classe de vitesse doit être
suffisamment long pour que les atomes de cette classe de vitesse aient le temps
d’être ralentis jusqu’à la prochaine classe de vitesse qui sera en résonance avec le
laser.

Pour minimiser la distance de ralentissement, les atomes doivent toujours
être en résonance avec le laser afin d’obtenir une force de pression de radia-
tion maximum. Nous devons donc choisir un profil de champ magnétique pour
lequel l’effet Zeeman compense parfaitement le changement de la fréquence ap-
parente du laser au cours de la décélération de l’atome. Pour calculer ce profil de
champ magnétique optimum, on suppose tout d’abord que l’atome est toujours
en résonance avec le laser lors de sa décélération. On calcule alors pour cette
décélération maximum l’évolution de la vitesse de l’atome en fonction de sa po-
sition. A partir de cette information, on calcule le profil du champ magnétique
qui permet aux atomes d’être toujours en résonance avec le laser au cours de leur
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décélération. On peut trouver ce calcul du profil du champ magnétique dans de
nombreuses références dont [54] [55].

z

σ+

B BB B B

vz

Laser :

Jet d'atomes

Vecteur d'onde k
Désaccord δL
Intensité I

Le faisceau laser ralentisseur doit être polarisé circulairement afin que la
fréquence de résonance de l’atome soit sensible au champ magnétique parallèle au
faisceau. Nous ferons les calculs pour un faisceau polarisé σ+ par rapport à l’axe
z. Les calculs avec un faisceau polarisé σ− sont les mêmes, il faut juste changer
B en -B dans les différentes expressions.

La force de pression de radiation exercée par le faisceau laser ralentisseur
(polarisation σ+) sur un atome de vitesse v en présence d’un champ magnétique
B parallèle au laser est égale à (voir page 63) :

�F =
Γ

2

I

I + Isat

1

1 + 4
(δL + k vz − κ B)2

(Γ
√

1 + I/Isat )2

��k

Nous supposons à présent que le champ magnétique est choisi de telle façon
que le laser soit toujours à résonance avec un atome lors de sa décélération
(B(z) = (δL + k vz(z))/κ). Au cours du ralentissement, l’accélération subie par
les atomes est donc égale à :

a =
Γ

2

I

I + Isat

vrec (2.19)

où vrec = �k/m est la vitesse de recul. Avec cette accélération, l’évolution de la
vitesse d’un atome qui a initialement une vitesse vz = v0 en z=0 en fonction de
sa position z est égale à :

vz(z) =
√

v2
0 − 2 a z (2.20)

Pour ralentir un jet atomique à partir d’une vitesse maximum vmax jusqu’à une
vitesse finale vf , il faut donc une longueur d’interaction minimum égale à :

Lz =
v2

max − v2
f

2 a
(2.21)
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A partir de l’expression de la vitesse 2.20, nous pouvons calculer le profil du
champ magnétique qui minimise la longueur d’interaction pour ralentir un jet à
partir d’une vitesse vmax jusqu’à une vitesse vf :

0 < z < Lz : B(z) =
δL + k

√
v2

max − 2 a z

κ
(2.22)

Ce profil de champ magnétique minimise la longueur de décélération pour un
laser d’intensité I. Si l’intensité laser utilisée pour le ralentissement est supérieure
à celle utilisée pour calculer le profil du champ magnétique, les atomes seront
tout de même ralentis mais la longueur de décélération ne sera pas optimisée. Par
contre, si l’intensité laser utilisée pour ralentir le jet est inférieure à celle utilisée
pour calculer le profil de champ magnétique, les atomes ne seront pas ralentis.
Le profil de champ magnétique qui sera choisi expérimentalement devra donc
correspondre à l’intensité minimum que l’on espère pour le faisceau ralentisseur.

Trajectoire des atomes

Nous allons à présent calculer la trajectoire des atomes après et dans le ra-
lentisseur Zeeman. Cette information nous permettra de connâıtre la proportion
de la distribution angulaire du jet qui pourra être capturée par le piège magnéto-
optique.

Nous allons décrire la trajectoire d’un atome qui quitte le four avec une vitesse
v et un angle θ par rapport à l’axe z. Avant de rentrer dans la zone de ralentis-
sement, la trajectoire de l’atome est rectiligne et fait un angle θ par rapport à
l’axe z. Lorsque l’atome entre dans la zone du ralentissement Zeeman, la vitesse
de l’atome suivant l’axe du laser diminue, par contre la vitesse radiale de l’atome
reste constante. La trajectoire de l’atome s’incurve donc (voir figure 2.19). Après
être sortie de la zone de ralentissement, la trajectoire de l’atome est à nouveau
rectiligne mais son angle avec l’axe z est augmenté et est égal à θ v/vf où vf est
la vitesse finale après le ralentissement 8.

On constate donc que le ralentissement longitudinal des atomes augmente la
divergence du jet atomique. Pour obtenir un flux d’atomes arrivant dans la zone
de capture du piège le plus grand possible, il faut donc diminuer au maximum
la distance entre la fin du Zeeman et le piège magnéto-optique. Il faudra aussi
choisir la vitesse à la fin du ralentissement vf la plus grande possible afin de mini-
miser l’angle de divergence du jet après le Zeeman. Il est aussi possible d’utiliser
une mélasse optique transverse pour collimater le jet juste après le ralentisseur
Zeeman.

8. L’angle θ est ici supposé petit devant 1. Cette hypothèse est parfaitement vérifiée pour
les atomes qui sont capturés par le piège magnéto-optique.
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z0

Four

dfz dfz+Lz

Zeeman

dfz+Lz+dzm

Piège magnéto-optique

r

Rayon de capture du
piège : rc ~ 8 mm

angle θ

θ v/vf

Fig. 2.19 – Trajectoire typique d’un atome émis par le four avec une vitesse v et
un angle θ.

Flux d’atomes capturés par le piège magnéto-optique

Deux conditions sont nécessaires pour qu’un atome émis par le four soit cap-
turé par le piège magnéto-optique (voir page 75).

Il faut tout d’abord que la vitesse de l’atome arrivant au niveau du piège
soit inférieure à la vitesse de capture du piège vc ∼ 50 m/s. Pour obtenir cette
condition avec le ralentisseur Zeeman, l’atome en sortie du four devra avoir une
vitesse inférieure à la vitesse maximum ralentie vmax.

Pour être capturé par le piège, l’atome doit en plus pénétrer dans la zone
de capture du piège. L’atome devra donc passer à une distance par rapport au
centre du piège inférieure au rayon de capture rc. Pour estimer cette distance,
nous supposerons que la trajectoire de l’atome est rectiligne au cours de son
ralentissement (voir figure 2.19). Avec cette approximation, nous trouvons que la
distance à laquelle passe l’atome par rapport au centre du piège est égale à 9:

rm = θ

(
dfz + Lz +

v

vf
dzm

)
où dfz = 10.3 cm est la distance entre le four et le début du Zeeman, Lz est la
longueur du Zeeman et dzm est la distance entre la fin du Zeeman et le piège

9. L’expression de la distance rm donnée n’est valable que si v > vf . Si v < vf , on a
rm = θ(dfz + Lz + dzm). Comme la proportion d’atomes du jet qui ont une vitesse inférieure à
vf est très faible, nous utiliserons que l’expression de rm valable dans pour v > vf .
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magnéto-optique. Pour le premier type de cellule tout en verre la distance entre
la fin du Zeeman et le piège magnéto-optique est égale à dzm = 25 cm et pour le
second type de cellule utilisée dzm = 19 cm 10.

Finalement, on trouve qu’un atome qui sort du four avec une vitesse v et un
angle θ sera capturé par le piège si :

v < vmax

et

θ < θm(v) =
rc

dfz + Lz + v
vf

dzm

Avec ces conditions, on trouve que le flux d’atomes capturés par le piège magnéto-
optique est égal à :

Φc =

∫ vmax

v=0

∫ θm(v)

θ=0

Φ(v,θ) 2π sin(θ) dθ exp

(
−Γd

Γb

v − vf

vrec

)
dv (2.23)

où Φ(v,θ) est le flux d’atomes du jet par unité de vitesse et par unité d’angle
solide (voir page 93). Dans cette expression de Φc, nous avons tenu aussi compte
des pertes par pompage optique (voir page 65) avec le terme exp(−Γd

Γb

v−vf

vrec
). Nous

avons supposé que l’atome n’est pas capturé par le piège lorsque au cours de son
ralentissement, il est pompé optiquement vers le niveau 1D2. En effet, dans ce
cas la force de pression de radiation est interrompue pendant un temps au moins
égal à 0.3 ms, l’atome ne pourra pas alors suivre la décélération prévue dans le
Zeeman et ne pourra donc pas être ralenti jusqu’à la vitesse de capture du piège.

L’angle θm(v) est au maximum égal à 1o. Comme la distribution angulaire du
jet est à peu près constante sur un angle de 1o (voir page 95), nous considérons
dans l’expression 2.23 que :

Φ(v,θ) 	 Φ(v,0) = n
vT√
2π

π r2
t

1

π
f(v)

Nous obtenons alors pour le flux d’atomes capturés par le piège :

Φc = n
vT√
2π

π r2
t

∫ vmax

v=0

θ2
m(v) f(v) exp

(
−Γd

Γb

v − vf

vrec

)
dv (2.24)

La densité d’atomique de strontium n dans le four est donnée dans l’annexe A
page 356 en fonction de la température du four. Pour notre four le rayon du trou
est égal à rt = 0.25 mm.

10. Si on utilise une mélasse transverse après le Zeeman qui collimate le jet, dfz représentera
la distance entre la fin du Zeeman et la mélasse transverse. dfz sera alors égale à 5.4 cm.
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Chauffage transverse

Précédemment, nous n’avons pas tenu compte des fluctuations de la force de
pression de radiation du faisceau ralentisseur. Ces fluctuations sont responsables
d’un chauffage transverse du jet c’est à dire d’une diffusion de la vitesse trans-
verse de l’atome au cours de son ralentissement. Nous allons estimer ici la vitesse
transverse moyenne qu’acquiert un atome lors de son ralentissement.

Lorsque l’atome absorbe un photon du faisceau ralentisseur, il réémet un
photon spontané dans une direction aléatoire et donc sa vitesse transverse change
d’une quantité aléatoire comprise entre −vrec et +vrec. Pour une transition J=0
J=1 et pour un faisceau polarisé circulairement, on peut montrer que la vitesse
quadratique moyenne associée à ce changement de vitesse transverse est égale
à : 〈v2

x〉 = 〈v2
y〉 = 0.3 v2

rec. Lorsque l’atome a absorbé N photons et donc que sa
vitesse longitudinale a changé de N vrec, la vitesse quadratique moyenne associée
au changement de vitesse transverse est égale à :

〈v2
x〉 = 〈v2

y〉 = 0.3 N v2
rec = 0.3 (v − vf ) vrec

où (v − vf ) correspond au changement de vitesse longitudinale de l’atome. A
partir cette expression et en supposant que la densité de probabilité de vx est
gaussienne, on trouve que la vitesse transverse (vr =

√
v2

x + v2
y) moyenne acquise

par l’atome au cours de son ralentissement est égale à :

〈vr〉 =

√
3π

20

√
(v − vf ) vrec (2.25)

Un atome émis par le four avec un angle nul (θ = 0) et une vitesse v égale
à 350 m s−1 aura donc acquis après son ralentissement jusqu’à la vitesse vf =
80 m s−1 une vitesse transverse moyenne égale à 〈vr〉 = 1.1 m s−1. Nous trouvons
donc que l’atome passe à une distance moyenne égale à 2.7 mm par rapport au
centre du piège magnéto-optique (distance entre la fin du Zeeman et le piège prise
égale à dzm = 19 cm). Le rayon de capture du piège magnéto-optique étant égal à
8 mm, l’atome aura donc une forte probabilité d’être capturé par le piège. Dans
la suite, nous négligerons donc l’effet du chauffage transverse.

Choix des paramètres du ralentisseur Zeeman

Dans cette partie, nous essayerons de déterminer les différents paramètres du
ralentisseur Zeeman (faisceau laser, désaccord laser, longueur du Zeeman, profil
du champ magnétique) qui permettent d’obtenir le flux d’atomes capturés par le
piège le plus important possible.

Le faisceau laser qui ralenti le jet atomique doit être suffisamment grand
pour que tous les atomes qui peuvent entrer dans la zone de capture du piège
soient ralentis. Pour maximiser l’intensité laser tout en satisfaisant la condition



2.3. CHARGEMENT DU PIÈGE 105

précédente, le faisceau ralentisseur doit avoir un waist au niveau du four égal
au rayon de l’orifice de sortie du four rt = 0.25 mm et avoir un waist au niveau
du piège égal au rayon de capture rc ∼ 8 mm. Dans cette configuration, l’inten-
sité laser dépend de la position des atomes dans le ralentisseur Zeeman. Elle est
maximum au début du Zeeman sur l’axe et minimum la fin du Zeeman en de-
hors de l’axe. Pour effectuer les différents choix technologiques, nous supposerons
que l’intensité dans le Zeeman est constante. Le choix de l’intensité du laser qui
détermine le profil de champ magnétique sera réalisé expérimentalement. Pour
déterminer la longueur du Zeeman, nous supposerons que l’intensité laser mini-
mum est égale à 0.2 Isat. Cette intensité correspond à l’intensité qu’on obtient à
la fin du Zeeman hors de l’axe pour la puissance laser minimum que l’on espère
avoir pour le Zeeman (10 mW).

La relation 2.22 nous indique que le désaccord laser du faisceau ralen-
tisseur détermine le niveau moyen du champ magnétique dans le Zeeman. Pour
minimiser le niveau moyen du champ magnétique dans le Zeeman, il faut choisir
un désaccord laser négatif assez important. Un grand désaccord laser est aussi
nécessaire pour que le faisceau ralentisseur ne perturbe pas les atomes dans le
piège magnéto-optique 11. Nous utiliserons dans notre expérience un désaccord
laser égal à −240 MHz = −7.5 Γ. Ce désaccord correspond au désaccord maxi-
mum que l’on peut obtenir avec la configuration d’acousto-optique utilisée dans
notre expérience (voir page 121). Avec une puissance du faisceau ralentisseur de
20 mW, on obtient une intensité au niveau du piège égale à I = 0.5 Isat. Avec
cette intensité et un désaccord de −7.5 Γ, on trouve que la force de pression de
radiation exercée par le faisceau ralentisseur sur les atomes du piège est vingt
fois plus faible que la force exercée par un seul des faisceaux du piège magnéto-
optique. La perturbation des atomes du piège par le faisceau ralentisseur devrait
donc être négligeable.

Le sens du champ magnétique du Zeeman par rapport au champ
magnétique du piège magnéto-optique joue un rôle important dans la capture des
atomes ralentis par le piège (voir figure 2.20). Si le gradient de champ magnétique
du Zeeman est inversé par rapport au gradient de champ magnétique du piège,
le profil du champ magnétique entre la fin du Zeeman et le piège conduit à une
décélération des atomes jusqu’à une vitesse négative, les atomes font alors demi-
tour avant d’entrer dans la zone de capture du piège magnéto-optique. Le flux
d’atomes capturés par le piège dans cette configuration de champ magnétique
sera donc extrêmement faible. Si le gradient de champ magnétique du Zeeman
est dans le même sens que le gradient de champ magnétique du piège, les atomes
se retrouvent hors de résonance avec le faisceau ralentisseur entre la fin du Zee-
man et le piège. Les atomes ne seront donc pratiquement pas ralentis entre la fin

11. Pour éviter que le faisceau ralentisseur interagisse avec les atomes du piège magnéto-
optique, on peut aussi utiliser une mélasse transverse qui dévie le jet ou utiliser un faisceau
ralentisseur avec un trou dans son centre [57].
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Fig. 2.20 – Configuration du champ magnétique du Zeeman par rapport au champ
magnétique du piège magnéto-optique.

du Zeeman et le piège. Pour cette configuration de champ magnétique, on peut
aussi remarquer que le faisceau Zeeman permet d’augmenter la vitesse de cap-
ture du piège. En effet, le faisceau Zeeman ralentit jusqu’à renvoyer en arrière les
atomes qui sont passés par le piège sans être directement capturés. Ces atomes re-
tournent alors dans la zone de capture avec une vitesse suffisamment faible pour
être capturés. Une simulation à une dimension nous montre que le piège peut
capturer des atomes qui arrivent avec une vitesse supérieure à 100 m/s. On peut
alors choisir comme vitesse finale du ralentisseur Zeeman une vitesse de l’ordre
de 100 m/s. Cette vitesse finale élevée permet de diminuer la divergence du jet



2.3. CHARGEMENT DU PIÈGE 107

après le Zeeman et donc d’augmenter la proportion de la distribution angulaire
du jet qui est capturée par le piège.

0.0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5 0.6 0.7 0.8 0.9 1.0

Flux d'atomes capturés par le piège en atomes/s

8

1.0 1010

1.5 1010

0.5 1010

Longueur du ralentisseur Zeeman en m

I = 0.4 Isat

I = Isat

I =

I = 0.2 Isat

Fig. 2.21 – Flux d’atomes capturés par le piège en fonction de la longueur du Zee-
man pour différentes intensités du faisceau ralentisseur. Les paramètres utilisés
sont les suivants : Tfour = 500oC, rt = 0.25 mm, dfz = 10.3 cm, dzm = 19 cm,
vf = 80 m/s.

Nous allons à présent essayer de déterminer la longueur du ralentisseur
Zeeman qui nous permet de maximiser le flux d’atomes capturés par le piège. La
longueur du Zeeman détermine pour une intensité laser donnée la vitesse maxi-
mum qui pourra être ralentie par le Zeeman. La proportion de la distribution de
vitesse du jet qui sera capturée par le piège sera donc d’autant plus importante
que le ralentisseur Zeeman est long. La longueur de Zeeman détermine aussi la
distance entre le four et le piège magnéto-optique. Plus cette distance sera grande,
plus la proportion de la distribution angulaire du jet qui pourra être ralentie sera
faible. La longueur du Zeeman maximisant le flux d’atomes capturés résulte donc
d’un compromis entre la proportion de la distribution angulaire qui est capturée
et la proportion de la distribution de vitesse qui est capturée. Pour trouver la
longueur du Zeeman optimum, nous avons utilisé la relation 2.24 pour calculer le
flux d’atomes capturés par le piège en fonction de la longueur du Zeeman. Nous
avons tenu compte du pompage optique qui diminue l’efficacité du ralentissement
d’atomes qui ont une vitesse élevée. Sur la figure 2.21, on constate que la lon-
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gueur du Zeeman qui maximise le flux d’atomes capturés dépend de l’intensité du
faisceau ralentisseur. Nous choisirons pour notre expérience une longueur de Zee-
man égale à 22 cm. Cette longueur donne un flux d’atomes capturés par le piège
pratiquement à son maximum pour une intensité laser comprise entre 0.2 Isat et
l’infini. Avec cette longueur du Zeeman de 22 cm, la vitesse maximum qui sera
ralentie vmax est comprise entre 350 m/s et 650 m/s suivant l’intensité du faisceau
ralentisseur.

Le profil du champ magnétique dans le ralentisseur Zeeman qui optimise
le dépend de la vitesse maximale ralentie vmax, de la vitesse en fin de ralentisse-
ment vf et de l’intensité du faisceau ralentisseur. Nous avons choisi d’opter pour
un profil de champ magnétique réglable. Cette solution nous permet d’adapter le
profil de champ magnétique à la puissance laser disponible pour le faisceau de ra-
lentissement. Cette solution nous permet aussi de déterminer expérimentalement
la vitesse finale du ralentisseur qui maximise le nombre d’atomes capturés par le
piège.

Réalisation pratique du ralentisseur Zeeman

Le champ magnétique dans le ralentisseur Zeeman est obtenu à l’aide de dix
bobines parcourues par des courants électriques différents. Avec ce système, nous
pouvons régler le profil du champ magnétique dans le Zeeman en modifiant les
intensités électriques passant dans les différentes bobines. Les bobines ont été
conçues pour obtenir un champ magnétique supérieur à 400 Gauss à l’intérieur
du Zeeman pour un courant maximum de 3 A. Les bobines sont réalisées avec
du fil de cuivre de diamètre 1 mm et comportent 20 x 20 spires. Les différentes
spires sont collées entre elles avec une colle époxy. Les dix bobines sont enfilées
sur un tube en acier inoxydable dans lequel doit passer le jet atomique.

Jet atomique Faisceau laser
ralentisseur

I1 I2 I3 I4 I5 I6 I7 I8 I9 I10

Bobine 20x20 spires

22 cm

Tube en acier inoxydable

Le champ magnétique créé par chaque bobine a été mesuré expérimentalement
à l’aide d’une sonde à effet Hall placée à l’intérieur du tube (voir figure
2.22). Connaissant le champ magnétique créé par chacune des bobines, on peut
déterminer à l’aide d’un programme informatique les intensités dans chaque
bobine qui permettent d’obtenir le profil de champ magnétique désiré. Par
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Fig. 2.22 – Champ magnétique créé par chacune des dix bobines du Zeeman pour
un courant de 1 A (mesures effectuées à l’aide d’une sonde à effet Hall).

exemple, le profil de champ magnétique qui permet de ralentir les atomes de
vmax = 350 m/s à vf = 100 m/s à partir d’une intensité laser au moins égal à
0.4 Isat est obtenu en utilisant les intensités électriques suivantes : 2.64 1.89 1.84
1.65 1.52 1.28 1.12 0.91 0.68 0.18 A. Sur la figure 2.23, nous pouvons comparer le
champ magnétique produit par les dix bobines et le champ magnétique demandé.
On remarque que le champ magnétique créé par les dix bobines reproduit assez
bien le profil de champ magnétique théorique. L’écart entre le champ magnétique
expérimental et le champ magnétique théorique est inférieur au Gauss. Cet écart
n’a pas de conséquence importante. Il faudra simplement prendre une intensité
laser légèrement supérieure à celle utilisée pour calculer le champ magnétique
théorique.

Si la vitesse finale de ralentissement est choisie supérieure à 80 m/s, le
champ magnétique du Zeeman doit s’annuler de manière brusque à la fin du
ralentissement. Cette annulation brusque du champ magnétique ne peut pas
être reproduite avec nos dix bobines. On peut voir sur la figure 2.23 que la
coupure est lente. Ce champ magnétique qui décrôıt lentement jusqu’à zéro
entrâınera le ralentissement des atomes jusqu’à une vitesse voisine de 80 m/s.
Sur notre ralentisseur Zeeman, il sera donc difficile d’obtenir une vitesse finale
de ralentissement supérieure à 80 m/s. Pour obtenir des vitesses de sortie
supérieures, on peut prendre un désaccord laser encore plus grand ou utiliser une
bobine d’extraction [56]. Il est par contre possible avec notre système d’obtenir
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Fig. 2.23 – Comparaison entre le champ magnétique expérimental créé dans notre
Zeeman et le champ magnétique théorique avec I = 0.4 Isat, vf = 100 m/s, vmax =
350 m/s.

facilement des vitesses finales plus petites que 80 m/s en terminant par un
champ magnétique négatif.

Notre ralentisseur Zeeman à profil de champ magnétique réglable nous per-
met donc d’optimiser la vitesse maximum ralentie en fonction de la puissance
laser disponible. Nous pouvons aussi choisir la vitesse finale de ralentissement
du Zeeman qui optimise le flux d’atomes capturés par le piège. Dans la partie
suivante, nous déterminerons expérimentalement le profil du champ magnétique
qui maximise le nombre d’atomes dans le piège.

Optimisation expérimentale du profil de champ magnétique du Zeeman

Nous avons mesuré la fluorescence des atomes piégés qui est proportionnelle
au nombre d’atomes piégés en fonction du profil de champ magnétique du Zee-
man. Le but est de déterminer le profil de champ magnétique qui optimise le
nombre d’atomes piégés et donc le flux d’atomes capturés par le piège. Le fais-
ceau ralentisseur utilisé pour l’expérience est désaccordé de - 224 MHz et a une



2.3. CHARGEMENT DU PIÈGE 111

puissance de 20 mW.
Nous avons testé plusieurs profils de champ magnétique. Chaque profil a été

choisi pour reproduire le champ magnétique théorique 2.22 qui doit optimiser la
décélération de l’atome pour laser d’intensité I et de désaccord δL, une vitesse
maximale ralentie vmax et une vitesse finale de ralentissement vf . Comme la
longueur du Zeeman est fixée, les quantités vmax, vf et I sont reliées entre elle
par la relation 2.21. Ainsi si nous choisissons l’intensité I et la vitesse finale vf ,
la vitesse maximale est déterminée par la relation 2.21.

Nous avons réalisé une première série de tests où nous avons fait varier la
vitesse finale utilisée pour le calcul du profil de champ magnétique. L’intensité
laser utilisée pour le calcul du profil de champ magnétique a été prise égale
à 0.4 Isat. La vitesse finale est un paramètre important pour le flux d’atomes
capturés. En effet, la vitesse des atomes après le ralentisseur Zeeman doit être
suffisamment faible pour que les atomes puissent être capturés par le piège. Elle
doit être aussi la plus élevée possible pour avoir une vitesse maximum ralentie
vmax la plus grande possible et avoir la divergence du jet après le Zeeman la plus
faible possible.
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Fig. 2.24 – Fluorescence des atomes piégés en fonction de la vitesse finale vf uti-
lisée pour calculer le profil de champ magnétique du Zeeman. L’intensité utilisée
pour calculer le profil de champ magnétique du Zeeman est égale à 0.4 Isat. La
puissance du faisceau ralentisseur est égale à 20 mW.

Sur la figure 2.24, nous avons représenté la fluorescence des atomes piégés pour
différentes valeurs de la vitesse finale utilisée pour le calcul du profil de champ
magnétique. On constate que le nombre d’atomes piégés est maximum lorsque
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la vitesse finale vf utilisée pour déterminer le profil de champ magnétique est de
l’ordre de 133 m s−1. Dans cette configuration, la vitesse réelle des atomes après
le ralentisseur doit être de l’ordre de 80 m s−1. En effet, le champ magnétique créé
expérimentalement ne peut pas s’annuler brusquement et donc les atomes sont
ralentis de 133 à 80 m s−1 pendant que le champ magnétique décrôıt à la fin du
ralentisseur Zeeman. Le piège semble donc capable de capturer des atomes avec
une vitesse de l’ordre de 80 m s−1. La vitesse de capture du piège a été estimée
théoriquement à 50 m s−1, cependant le faisceau Zeeman aide à la capture des
atomes et doit donc permettre au piège de capturer des atomes avec une vitesse
de capture de l’ordre de 80 m s−1.

Pour des vitesses finales supérieures à 133 m s−1 utilisées pour déterminer le
profil de champ magnétique, le nombre d’atomes piégés diminue. Cette diminution
peut s’expliquer par le fait que la décroissance du champ magnétique après le
ralentisseur Zeeman est trop rapide pour que les atomes soient ralentis jusqu’à
80 m s−1. Les atomes arrivent ainsi au niveau du piège avec une vitesse trop élevée
pour être capturé.

Lorsque la vitesse finale est inférieure à 133 m s−1, le nombre d’atomes piégés
diminue. En effet, plus la vitesse après le ralentisseur Zeeman est petite et plus
la divergence du jet après le ralentisseur Zeeman sera grande et plus la vitesse
maximale qui pourra être ralentie sera petite.
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Fig. 2.25 – Fluorescence des atomes piégés en fonction de l’intensité utilisée pour
calculer le profil de champ magnétique du Zeeman. La vitesse finale utilisée pour
le calcul du profil de champ magnétique est égale à 133 m s−1. La puissance du
faisceau ralentisseur utilisé est égale à 20 mW.
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Dans la deuxième série de test, nous avons mesuré la fluorescence des atomes
piégés pour différentes intensités lasers utilisées pour le calcul du profil du champ
magnétique. La vitesse finale utilisée pour le calcul du profil du champ magnétique
a été choisie égale à 133 m s−1. La vitesse maximale de ralentissement vmax

dépend alors de l’intensité laser utilisée. Sur la figure 2.25, nous pouvons voir
que le nombre d’atomes piégés est maximum lorsque l’intensité utilisée pour la
détermination du profil de champ magnétique est égale à 0.4 Isat. Nous pouvons
donc conclure que lorsque la puissance du faisceau ralentisseur est égale à 20 mW,
le profil de champ magnétique optimisant le flux d’atomes capturés doit donc être
calculé pour une intensité laser de 0.4 Isat.

Ces tests nous ont donc permis de déterminer expérimentalement les pa-
ramètres que l’on doit utiliser pour déterminer le profil de champ magnétique
du Zeeman qui optimise le flux d’atomes capturés par le piège.

2.3.3 Mélasses transverses

Dans notre montage, nous nous sommes laissés la possibilité de pouvoir
réaliser une mélasse transverse entre le four et le Zeeman et une mélasse transverse
après le Zeeman. La fonction de ces mélasses est de ralentir transversalement les
atomes du jet et donc de diminuer la divergence angulaire du jet. Ces mélasses
transverses devraient donc permettre d’augmenter la proportion d’atomes du jet
arrivant dans la zone de capture du piège magnéto-optique.

Jet atomique
vr

z
x

y

ur

Faisceau laser

vitesse transverse

La mélasse est réalisée à l’aide de deux paires de faisceaux contrapropa-
geants perpendiculaires au jet. Lorsque les atomes du jet traversent cette zone de
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mélasse, ils sont soumis à une force de friction égale à 12 :

�F = −γ m �vr

avec I � Isat , v � Γ/k , |δL|/k
γ = I/Isat k vrec

−8 δL/Γ

(1 + 4 δ2
L/Γ2)2

(2.26)

L’expression ci-dessus est uniquement valable lorsque la vitesse transverse est
petite devant Γ/k et |δL|/k. Pour des vitesses plus élevées que |δL|/k, la force
sature puis diminue. Le ralentissement des atomes sera donc efficace seulement
pour des vitesses transverses plus petites que |δL|/k (|δL|/k = 7 m/s pour δL =
−Γ/2).

Lorsque le régime stationnaire est atteint, la dispersion de vitesse est donnée
par la limite Doppler (voir page 72) :

〈v2
x〉 = 〈v2

y〉 = 0.7
�Γ

2m

1 +
4δ2

L

Γ2

−4δL

Γ

, I � Isat

On obtient alors une vitesse transverse moyenne des atomes égale à :

〈vr〉 =

√
π

2

√
〈v2

x〉

Pour un désaccord laser égal à −Γ/2, la vitesse transverse moyenne est égale à
〈vr〉 = 0.3 m/s.

Le régime stationnaire est atteint avec une constante de temps égale à 1/γ.
Pour les atomes du jet, le temps d’interaction dans la mélasse est donné par
2 wz/v où wz est le waist des faisceaux suivant l’axe du jet 13 et v est la vitesse
longitudinale des atomes. Après l’interaction avec la mélasse transverse, nous
considérons donc que la dispersion de vitesse stationnaire est atteinte lorsque :

2 wz γ

v
� 1

Pour atteindre le régime stationnaire, on trouve donc en utilisant la relation 2.26
que la puissance par faisceau doit être supérieure à :

P � v

vrec

(1 + 4 δ2
L/Γ2)2

−8 δL/Γ

wr λ

4
Isat (2.27)

où wr est le waist du faisceau dans la direction orthogonale au jet. Nous constatons
sur cette dernière expression que la puissance nécessaire pour obtenir le régime
stationnaire est indépendante du waist du faisceau suivant l’axe du jet ωz. En
pratique, nous choisirons un waist suffisamment grand pour être dans le cas faible
saturation (I � Isat).

12. Cette expression de la force a été obtenue en ajoutant de manière indépendante la force
de pression de radiation des différents faisceaux (voir page 61). L’expression de la force n’est
donc uniquement valable à faible saturation (I � Isat).

13. Pour simplifier les calculs, nous assimilerons le profil gaussien des faisceaux à un profil
carré avec une largeur de deux fois le waist w.
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Mélasse transverse après le Zeeman

Nous avons vu précédemment que la divergence du jet était fortement aug-
mentée après le ralentisseur Zeeman (voir page 102). Lorsque la distance entre la
fin du ralentisseur Zeeman et le piège magnéto-optique est grande, cette diver-
gence accrue du jet diminue la proportion d’atomes qui arrivent dans la zone de
capture du piège. Nous avons donc réalisé une mélasse transverse après le Zeeman
afin de collimater le jet d’atomes.

En supposant que la mélasse transverse collimate parfaitement le jet, les
atomes qui pourront être capturés par le piège doivent arriver au niveau de la
mélasse avec une distance par rapport à l’axe z inférieure au rayon de capture
du piège (rc = 8 mm). On trouve alors que les atomes qui pourront être capturés
par le piège auront une vitesse transverse maximum égale à 5 m s−1. Ces atomes
seront donc dans la zone de vitesse où la force de ralentissement de la mélasse
transverse est maximum (v < |δL|/k , |Γ|/k). Ils seront alors soumis à la force de
friction donnée en 2.26.

Afin que tous les atomes qui peuvent passer par la zone de capture du piège
magnéto-optique soient ralentis, nous choisissons un waist des faisceaux perpen-
diculaire au jet égal au rayon de capture du piège c’est à dire 8 mm. En utilisant
la relation 2.27, nous trouvons que la puissance par faisceau nécessaire pour ra-
lentir la vitesse transverse jusqu’à la dispersion de vitesse stationnaire doit être
grande devant 3 mW (v = 80 m/s, δ = −Γ/2).

Les deux paires de faisceaux contrapropageants de la mélasse transverse ont
été mis en place grâce au montage optique ci-dessous. Ce montage permet d’avoir
une intensité bien équilibrée entre chaque faisceau contrapropageant et permet
de recycler la lumière d’une paire de faisceaux contrapropageants pour l’autre
paire.

λ/2
cube polariseur

cube polariseur

jet atomique
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La puissance disponible par faisceau est environ de 4 mW. La puissance par
faisceau est donc limite pour ralentir complètement les atomes. Après la mélasse,
le jet atomique ne sera donc pas complètement collimaté, la divergence du jet
sera seulement réduite.

Lorsqu’on branche cette mélasse transverse, on observe une augmentation de
10% de la fluorescence des atomes piégés. Le flux d’atomes capturés par le piège
magnéto-optique augmente donc seulement de 10%. Cette mélasse transverse
avait été réalisée préalablement sur le premier type de cellule où la distance entre
le Zeeman et le piège magnéto-optique était plus longue (dzm = 25 cm). Nous
avions alors constaté une augmentation d’un facteur 1.5 du nombre d’atomes
piégés.

Lorsque la distance est faible entre la fin du Zeeman et le piège, l’ajout
d’une mélasse transverse ne permet donc pas d’améliorer significativement le flux
d’atomes capturés par le piège.

Mélasse optique transverse au niveau du four

Nous avons aussi mis en place une mélasse transverse juste après le four. Cette
mélasse a pour but de ralentir la vitesse transverse des atomes en sortie du four
et donc d’augmenter le flux d’atomes qui arriveront au niveau du piège avec une
distance par rapport au centre du piège inférieure au rayon de capture du piège.

La vitesse transverse des atomes en sortie de four est de l’ordre de 100 m/s.
La force de ralentissement de la mélasse ne pourra donc pas agir efficacement
sur l’ensemble de la distribution de vitesse transverse. Elle ralentira efficacement
uniquement les atomes avec une vitesse transverse inférieure à 7 m/s.

Cette mélasse a été réalisée avec des faisceaux elliptiques avec pour waist
wz = 13 mm, wr = 2 mm. A l’aide de la relation 2.27, nous trouvons que la
puissance nécessaire pour atteindre le régime stationnaire à la fin de la mélasse
doit être supérieure à 3 mW 14.

On a utilisé cette fois-ci un faisceau rétroréfléchi pour obtenir les deux paires
de faisceaux contrapropageants. Avec cette méthode l’intensité des faisceaux est
plus élevée, mais une paire de faisceaux est fortement déséquilibrée. On obtient
une puissance par faisceau de 5 mW avec un déséquilibre de ∼50% pour une paire
de faisceau. Lorsqu’on branche cette mélasse, nous constatons une augmentation
d’un facteur 1.5 de la fluorescence des atomes piégés. Cette mélasse transverse
nous permet donc d’augmenter le flux d’atomes capturé d’un facteur 1.5.

Dans notre montage, il est donc plus avantageux de réaliser une mélasse
optique transverse entre le four et le ralentisseur Zeeman que de la réaliser après
le ralentisseur Zeeman.

14. On retrouve la même puissance nécessaire que précédemment. La diminution du waist
transverse est compensée par l’augmentation de la vitesse des atomes en sortie du jet
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Jet atomique

Faisceau laser

Dans cette partie, nous avons décrit le jet de strontium avec lequel est chargé
le piège magnéto-optique. Ce jet est issu d’un four à une température de l’ordre
de 500oC. Afin de maximiser le flux d’atomes capturés par le piège, les atomes
du jet sont ralentis transversalement grâce à une mélasse transverse et longitudi-
nalement grâce à un ralentisseur Zeeman.

Avec ce jet d’atomes ralentis, une estimation théorique nous donne un flux
d’atomes capturés par le piège magnéto-optique de l’ordre de 1010 atomes.s−1

pour un four à 500 oC et 109 atomes.s−1 pour 466 oC.
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2.4 Description générale du montage

Dans cette partie, nous décrirons le système qui nous permet de réaliser le vide
dans notre montage comprenant le four, le ralentisseur Zeeman et la cellule dans
laquelle est réalisée le piège magnéto-optique. Nous expliquerons aussi comment
sont obtenues les différentes fréquences lasers nécessaires pour notre expérience.

2.4.1 Système de vide

Le système de vide doit nous permettre d’atteindre des pressions suffisamment
basses pour que les collisions des atomes de strontium avec le gaz résiduel présent
dans l’enceinte ne perturbent pas le piégeage et le refroidissement des atomes. Il
faut tout d’abord que les atomes du jet de strontium ne subissent pas de collisions
entre le four et le piège magnéto-optique. Un calcul d’ordre de grandeur nous
montre que cette condition est réalisée pour des pressions inférieures à 10−5 mbar.
Il faut de plus que la pression soit suffisamment basse pour que le taux de collisions
du gaz résiduel avec les atomes de strontium piégés soient faibles devant les autres
sources de pertes du piège (voir page 80). Une pression inférieure à 10−8 mbar
devrait donner un taux de collision suffisamment bas.

Pompe ionique

Pompe ionique

Zeeman

Enceinte
contenant le four

Bobine du piège
magnéto-optique
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Piège magnéto-optique

Trou de diamètre 1 mm

Enceinte
contenant
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Fig. 2.26 – Montage général.
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L’ensemble du montage sous vide est représenté sur la figure 2.26. Les
différents éléments constituant le montage sont réalisés en acier inoxydable. Ils
sont raccordés entre eux à l’aide de brides de type CF (étanchéité assurée par un
joint en cuivre). Des hublots en verre placés sur l’enceinte du four et après le ralen-
tisseur Zeeman procurent un accès optique pour réaliser les mélasses transverses.
La cellule où est réalisée le piège magnéto-optique a été décrite précédemment
(voir page 82). Tous les éléments du montage ont été nettoyés à l’acétone afin
de retirer toutes traces de graisse qui pourrait fortement dégazer sous vide. Le
pompage est réalisé avec deux pompes ioniques qui ont des vitesses de pompage
de 25 l/s et de 34 l/s. Un blindage en mumétal entoure la pompe ionique la
plus proche de la cellule afin d’éviter que le champ magnétique de la pompe
perturbe les atomes du piège magnéto-optique. Ces pompes ioniques ne peuvent
pas démarrer à pression ambiante. Pour réaliser le vide dans notre enceinte, nous
commençons donc par pomper avec une pompe turbo-moléculaire puis lorsque la
pression est suffisamment basse (10−4 − 10−5 mbar) nous pouvons enclencher les
pompes ioniques.

La pression finale moyenne dans l’enceinte résulte d’un équilibre entre la vi-
tesse de pompage des différentes pompes et le taux de dégazage des différents
éléments sous vide. Dans notre montage, l’élément qui dégaze le plus est le four à
cause de sa température élevée (∼ 500oC). Avec cet élément, il est difficile d’ob-
tenir une pression inférieure à 10−8 mbar. Comme la pression au niveau du four
doit être seulement inférieure à 10−5 mbar, nous avons réalisé un vide différentiel
entre la partie du montage contenant le four et l’autre partie contenant la cellule.
Ces deux parties communiquent uniquement par un trou de diamètre 1 mm qui
permet de laisser passer le jet de strontium. La conductance entre les deux parties
du montage est donc faible. Il est ainsi possible d’obtenir une pression dix fois
plus basse dans la partie contenant la cellule que dans la partie contenant le four.
Chacune des deux parties de l’enceinte est pompée par une pompe ionique.

Pour mesurer la pression dans l’enceinte, nous utilisons les pompes ioniques
dont le courant électrique est proportionnel à la pression. Nous avons aussi à
disposition un spectromètre de masse. En plus de la pression, cet appareil nous
permet de connâıtre la nature du gaz résiduel présent dans l’enceinte. Le spec-
tromètre de masse nous sert aussi à détecter d’éventuelles fuites dans le montage.
Pour cela, on passe un jet d’hélium sur les différents éléments du montage. Si le
spectromètre de masse détecte de l’hélium, il y a une fuite.

Lorsque le vide est réalisé dans notre enceinte, la pression obtenue est de
l’ordre de 10−6 − 10−7 mbar. Le spectromètre de masse nous indique que le
gaz résiduel présent dans l’enceinte est essentiellement de la vapeur d’eau. Afin
d’améliorer le vide, nous avons étuvé l’ensemble de notre enceinte à 100− 150oC
pendant une à deux semaines. Cet étuvage permet d’enlever l’eau et les graisses
qui sont emprisonnés dans les parois. Après cet étuvage, s’il n’y a pas de problème,
on obtient une pression inférieure à 10−8 mbar. Le gaz résiduel présent dans l’en-
ceinte est alors majoritairement de l’hydrogène.
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Nous avons réalisé le vide dans notre enceinte avec trois types de cellule (voir
page 82). Avec le premier type de cellule tout en verre, nous avons obtenu une
pression inférieure à 10−8 mbar au niveau de la cellule. La pression est essentiel-
lement limitée par le dégazage du four. Avec cette cellule, nous ne disposions
pas encore de lasers repompeurs. Le temps de vie des atomes étaient limité par
le pompage optique. Nous avons cependant pu déterminer que les pertes par
collision avec le gaz résiduel étaient inférieures à 5 s−1 (voir page 130).

La deuxième cellule utilisée dans notre montage nous a posé des problèmes.
En effet, le collage des fenêtres n’a pas bien fonctionné et la cellule comportait
des fuites importantes. Ces fuites ont été bouchées avec du Vacseal. Dans cette
cellule, nous avons obtenu une pression égale à 2 10−7 mbar. Cette pression élevée
semble causée par le dégazage du Vacseal qui s’était répandu à l’intérieur de la
cellule. Sans lasers repompeurs, les pertes dans cette cellule sont déterminées
par les pertes par pompage optique. Avec les lasers repompeurs, les pertes dans
cette cellule sont déterminées par les pertes par collision avec le gaz résiduel. On
obtient un taux de pertes de l’ordre de 50 s−1 (voir page 150).

Avec la troisième cellule, nous avons obtenu un vide de l’ordre de 2 10−8 mbar.
Nous n’avons pas encore mesuré les pertes dans cette cellule.

Lorsque la cellule n’a pas de problème, notre montage nous permet d’obtenir
une pression de l’ordre de 10−8 mbar avec un four à 500oC. A cette pression,
nous ne savons pas encore si avec des lasers repompeurs, les pertes dans le piège
magnéto-optique proviennent des pertes par collisions avec le gaz résiduel.

2.4.2 Génération des différentes fréquences lasers

Afin de réaliser notre expérience de piégeage et de refroidissement du stron-
tium, nous avons besoin de faisceaux lasers avec quatre fréquences différentes.
Pour les faisceaux du piège magnéto-optique, nous avons besoin de faisceaux la-
sers désaccordés par rapport à la fréquence de la transition atomique d’environ
-32 MHz (−Γ). Le faisceau laser utilisé pour le ralentisseur Zeeman doit être
désaccordé de -240 MHz. Les faisceaux lasers servant aux mélasses transverses
doivent être désaccordés d’environ -16 MHz (−Γ/2). Enfin pour réaliser diverses
expériences dont une expérience de rétrodiffusion cohérente de la lumière, nous
avons besoin d’un faisceau sonde en résonance avec la transition atomique du
strontium.

Nous obtenons ces différentes fréquences à partir d’un laser unique en utilisant
des modulateurs acousto-optiques. Dans ces appareils, le faisceau laser diffracte
sur une onde acoustique se propageant dans un cristal. Les différents ordres de
diffraction en sortie du modulateur acousto-optique sont décalés en fréquence de
n νAO où n est l’ordre de diffraction et νAO est la fréquence de l’onde acoustique.
Lorsque le modulateur acousto-optique est utilisé sous incidence de Bragg, on
peut mettre jusqu’à 90% de la puissance du laser dans l’ordre de diffraction +1
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(ou -1).
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+2
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Pour notre expérience, nous avons utilisé des modulateurs acousto-optiques
Crystal Technology (modèle 3080-120 et 3110-125) fonctionnant à des fréquences
centrées en 80 ou 110 MHz selon le modèle accordable sur 25 MHz. La configura-
tion des modulateurs acousto-optiques qui permet d’obtenir toutes les fréquences
lasers désirées pour notre expérience est représentée sur la figure 2.27. Le laser à
461 nm est asservi sur la transition du strontium avec un décalage en fréquence de
-130 MHz (voir page 53). Les fréquences lasers nécessaires pour le piège magnéto-
optique et les mélasses transverses sont obtenues à partir de l’ordre +1 d’acousto-
optiques. L’ordre 0 de l’acousto-optique du piège magnéto-optique est envoyé vers
un autre acousto-optique dont l’ordre -1 est utilisé pour le ralentisseur Zeeman.
Le niveau de la puissance de l’onde acoustique dans l’acousto-optique du piège
magnéto-optique permet de régler le rapport entre la puissance pour le Zeeman
et la puissance pour le piège magnéto-optique. L’ordre 0 de l’acousto-optique du
Zeeman est envoyé vers un acousto-optique en double passage qui permet d’ob-
tenir un faisceau sonde en résonance avec la transition atomique. Grâce à cet
acousto-optique en double passage, nous pouvons changer la fréquence du fais-
ceau sonde sans changer sa direction. Le faisceau sonde peut être balayé sur une
plage de fréquence d’environ 50 MHz.

Les acousto-optiques nous servent aussi d’interrupteur pour les différents fais-
ceaux. On peut noter que lorsque les faisceaux du piège magnéto-optique et du
Zeeman sont coupés, pratiquement toute la puissance laser est pour le faisceau
sonde. Comme nous utiliserons généralement le faisceau sonde lorsque les fais-
ceaux du piège magnéto-optique et du Zeeman sont coupés, ce montage nous
permet d’avoir un maximum de puissance pour le faisceau sonde.
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Fig. 2.27 – Configuration des acousto-optiques.
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2.5 Caractéristiques du gaz d’atomes froids

piégés

Le gaz d’atomes froids de strontium piégés est facilement visible à l’oeil. Il a
l’aspect d’une boule bleue localisée au centre de la cellule (voir figure 2.28). Les
atomes piégés sont visibles car ils diffusent continûment la lumière des faisceaux
pièges.

Atomes froids piégés

Fig. 2.28 – Photo du gaz d’atomes froids de strontium piégés

Lorsqu’on balaye la fréquence du laser bleu, on observe trois pics de fluo-
rescence provenant du centre de la cellule (voir figure 2.29). Ces trois pics de
fluorescence correspondent aux piégeages des isotopes 86, 87 et 88 du strontium.
Les trois isotopes ne sont pas pièges pour les mêmes fréquences du laser car les
fréquences des transitions atomiques sont légèrement décalées entre les isotopes
(voir annexe A p. 362). Dans la suite nous étudierons et piégerons uniquement le
strontium 88 qui est l’isotope le plus abondant (voir annexe A page 354).

Dans cette partie, nous allons mesurer les caractéristiques du gaz d’atomes
froids piégés : nombre d’atomes, épaisseur optique, étendue spatiale, densité,
température. Ces informations seront utiles pour étudier la diffusion multiple
de la lumière dans notre gaz d’atomes froids piégés. Nous mesurerons aussi les
pertes dans le piège magnéto-optique et le flux d’atomes capturés par le piège. Ces
données nous aiderons à comprendre les limitations du nombre d’atomes piégés
et à envisager des solutions pour accrôıtre ce nombre d’atomes piégés.
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Fig. 2.29 – Fluorescence des atomes piégés de strontium 88, 87 et 86.

2.5.1 Mesure du nombre d’atomes dans le piège magnéto-
optique

Les atomes contenus dans le piège magnéto-optique diffusent continûment la
lumière de faisceaux pièges. A partir d’une mesure de la puissance lumineuse dif-
fusée par les atomes piégés, il est possible de déterminer sous certaines hypothèses
le nombre d’atomes contenus dans le piège.

La puissance lumineuse diffusée par les atomes est mesurée à l’aide d’une
photodiode calibrée en puissance sur laquelle on a imagé avec une lentille le
nuage d’atomes froids. Nous mesurons ainsi la puissance lumineuse diffusée par les
atomes dans l’angle solide défini par la lentille. Pour déterminer la puissance totale
diffusée par les atomes, nous supposerons que le diagramme de rayonnement des
atomes est isotrope. Cette hypothèse doit être assez bien vérifiée car les atomes
sont éclairés par des faisceaux lasers provenant des trois directions de l’espace.
En utilisant cette hypothèse, nous trouvons que la puissance totale diffusée par
les atomes est égale à :

Pdiff =
Pdetec

Ω/4π
avec Ω = 2π ( 1 − 1√

1 +
φ2

lent

4 d2

) 	 π φ2
lent

4 d2
(Ω � 1)

où Pdetec est la puissance détectée par la photodiode, φlent est le diamètre de la
lentille et d est la distance entre la lentille et le nuage d’atomes froids.

Cette puissance totale diffusée par les atomes nous permet directement de
déterminer le nombre d’atomes dans l’état excité 1P1. En effet, le taux de photons
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Fig. 2.30 – Mesure de la fluorescence des atomes piégés.

émis par les atomes est égal au produit de la probabilité de transition Γ et du
nombre d’atomes dans l’état excité n1P1

. On obtient alors :

n1P1
=

1

Γ

4π

Ω

Pdetec

�ωL

A présent, pour connâıtre le nombre total d’atomes dans le piège, nous devons
déterminer le rapport entre le nombre d’atomes dans l’état excité et le nombre
d’atomes total. Ce rapport dépend des conditions d’éclairement des atomes. Nous
supposerons que l’éclairement par les six faisceaux laser du piège magnéto-optique
est équivalent à l’éclairement par un seul faisceau avec une intensité égale à
la somme des intensités des six faisceaux. Cette hypothèse ne sera valable que
lorsque l’intensité laser est faible devant l’intensité de saturation. Avec cette
hypothèse 15, on obtient [129] :

n1P1
= f(n1S0

+ n1P1
) avec f =

1

2

I

I + Isat

1

1 + 4
δ2
L

(Γ
√

1 + I/Isat )2

(2.28)

où I est l’intensité totale des six faisceaux lasers et δL = ωL −ω0 est le désaccord
laser.

15. Comme les atomes sont piégés où le champ magnétique est nul, nous négligerons l’effet
Zeeman. La dispersion de vitesse des atomes piégés étant petite devant Γ/k, nous négligerons
aussi l’effet Doppler
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Comme la transition 1S0 - 1P1 n’est pas fermée, il faut aussi tenir compte des
atomes dans les niveaux 1D2 et 3P1. Lorsque les atomes sont dans ces niveaux,
ils ne sont pas soumis à la force de pression de radiation des faisceaux pièges
mais comme ils retournent dans l’état fondamental 1S0 avant d’avoir quitter le
piège, nous considérerons que ces atomes sont toujours piégés (voir page 77). Le
nombre d’atomes dans les états 1D2 et 3P1 est donné par la solution stationnaire
des équations de taux 2.9 (page 79) 16 :

n1D2
=

Γd

Γ1 + Γ2
n1P1

n3P1
=

Γ1

Γr

n1D2

Le nombre d’atomes dans les états 1D2 et 3P1 n’est pas négligeable, il représente
entre 10% et 20% du nombre total d’atomes piégés suivant l’intensité et le
désaccord laser utilisé pour les faisceaux pièges.

Nous trouvons finalement que le rapport entre le nombre d’atomes dans l’état
excité 1P1 et le nombre total d’atomes N = n1S0

+ n1P1
+ n1D2

+ n3P1
est égal à :

n1P1

N
=

1

1

f
+

Γd

Γ1 + Γ2

(
1 +

Γ1

Γr

)
La relation entre la puissance détectée et le nombre total d’atomes piégés est

alors :

N =
1

Γ

4π

Ω

Pdetec

�ωL

(
1

f
+

Γd

Γ1 + Γ2

(
1 +

Γ1

Γr

))
(2.29)

En utilisant cette relation, nous trouvons expérimentalement que le nombre
d’atomes dans notre piège magnéto-optique varie entre 106 et 107 atomes sui-
vant les conditions expérimentales (température du four, utilisation d’une mélasse
transverse, utilisation de lasers repompeurs ...).

Cette méthode de mesure nous donne juste une estimation du nombre
d’atomes car l’hypothèse de faible saturation utilisée n’est pas vérifiée. En ef-
fet, l’intensité totale vue par les atomes est de l’ordre de l’intensité de saturation.

2.5.2 Mesures des pertes dans le piège magnéto-optique

La mesure des pertes dans le piège magnéto-optique s’effectue en coupant
le chargement en atomes du piège et en mesurant la décroissance du nombre
d’atomes dans le piège. Si le taux de pertes est constant, le nombre d’atomes
dans le piège suit une décroissance exponentielle avec une constante de temps

16. Nous nous sommes mis dans la situation où il n’y avait pas de lasers repompeurs. L’utili-
sation de lasers repompeurs peut changer le nombre d’atomes dans les états 1D2 et 3P1.
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correspondant au temps de vie des atomes dans le piège. Le taux de pertes est
alors l’inverse du temps de vie.

Expérimentalement, nous arrêtons le chargement du piège en coupant le fais-
ceau laser du ralentisseur Zeeman. Ainsi les atomes du jet ne sont plus ralentis et
ils ne pourront donc plus être capturés par le piège. Lorsque le faisceau du ralen-
tisseur Zeeman est coupé, les atomes piégés sont indétectables à l’oeil ou avec la
photodiode mesurant la fluorescence du piège. Avec cette méthode, la coupure du
flux d’atomes capturés par le piège n’est pas instantanée. Le temps de coupure
du laser est négligeable mais une fois que le laser est coupé, il faut attendre que
tout les atomes qui ont été suffisamment ralentis arrivent au niveau du piège.
On obtient ainsi un temps de coupure du flux d’atomes capturés par le piège
de quelques millisecondes. La mesure de la décroissance du nombre d’atomes ne
sera donc significative pour déterminer les pertes qu’après un temps supérieur à
quelques millisecondes.

La mesure du nombre d’atomes dans le piège en fonction du temps est ef-
fectuée comme précédemment avec une photodiode mesurant la fluorescence des
atomes piégés. La décroissance de la fluorescence des atomes piégés après quelques
millisecondes après la coupure du faisceau Zeeman nous donne donc les pertes
dans le piège magnéto-optique.

Les mesures de pertes présentées dans cette partie ont été réalisées sur le
premier type de cellule utilisée (voir page 82) avec une pression inférieure à
10−8 mbar. Pour ces mesures de pertes, nous n’avons pas utilisé de mélasses trans-
verses et de lasers repompeurs.

Sur la figure 2.31, nous avons représenté une courbe typique de décroissance
de la fluorescence des atomes piégés à la coupure du faisceau Zeeman. Après
quelques millisecondes après la coupure du faisceau Zeeman, nous constatons
que la fluorescence des atomes piégés suit une décroissance exponentielle. Ceci
prouve à la précision expérimentale près que le taux de pertes dans le piège est
constant. Le taux de pertes est donné par l’inverse de la constante de temps
de l’exponentielle. Nous trouvons pour les paramètres expérimentaux de la figure
2.31 une constante de temps de la décroissance exponentielle égale à τvie = 6.1ms.
Le taux de pertes correspondant est égal à Γperte = 65 s−1.

Ces pertes mesurées peuvent avoir plusieurs origines : pertes par pompage
optique, pertes par collisions avec le gaz résiduel, pertes par collisions assistées
par lumière. Les collisions assistées par lumière donnent un taux de pertes pro-
portionnel à la densité atomique dans le piège. Pour savoir si les pertes me-
surées proviennent des collisions assistées par lumière, nous avons donc mesuré
les pertes dans le piège pour deux densités atomiques différentes. En changeant la
température du four de 461oC à 508oC, nous avons multiplié par deux le nombre
d’atomes piégés tout en gardant une taille du nuage à peu près constante, nous
avons donc changé la densité atomique d’environ un facteur 2. Nous avons mesuré
les mêmes pertes à la précision expérimentale près pour ces deux densités ato-
miques. Les pertes dans le piège ne proviennent donc pas des collisions assistées
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Fig. 2.31 – Décroissance de la fluorescence des atomes piégés après la coupure du
faisceau laser du ralentisseur Zeeman (I = 200 mW cm−2, δL/2π = − 45MHz,
Tfour = 466oC, Pcellule = 6 10−9 mbar).

par lumière.

Les pertes par pompage optique sont proportionnelles à la proportion
d’atomes dans l’état 1D2 : Γp = Γ2 n1D2

/N (voir page 79). La proportion d’atomes
dans l’état 1D2 dépend fortement de l’intensité laser des faisceaux de piégeage.
Plus l’intensité laser est élevée, plus la proportion d’atomes dans l’état 1D2 est
importante et donc plus les pertes par pompage optique seront importantes. Nous
avons donc mesuré les pertes dans notre piège magnéto-optique en fonction de
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l’intensité laser des faisceaux pièges (voir figure 2.32). Nous constatons clairement
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Fig. 2.32 – Taux de pertes dans le piège magnéto-optique en fonction de l’intensité
totale des faisceaux de piégeage (δL/2π = − 45MHz, Tfour = 461oC, Pcellule =
6 10−9 mbar).

que les pertes diminuent lorsque l’intensité laser diminue. Ceci est une signature
des pertes par pompage optique. Nous avons tracé sur la figure 2.33, les pertes
dans le piège en fonction de la proportion d’atomes dans l’état 1D2 calculée à
partir de l’intensité et du désaccord laser des faisceaux pièges (voir page 80).
Nous constatons que les pertes ont une dépendance linéaire en fonction de cette
quantité. La pente du ”fit” linéaire est égale à 9.9 102 s−1 et la pente théorique des
pertes par pompage optique est égale à Γ2 = 1.1 103 s−1. Les pertes dans notre
piège proviennent donc bien des pertes par pompage optique. L’extrapolation du
taux de pertes lorsque la proportion d’atomes dans l’état 1D2 tend vers 0 doit
nous donner les pertes par collisions avec le gaz résiduel. Avec le ”fit” linéaire
de la figure 2.33, nous trouvons des pertes nulles lorsque la proportion d’atomes
dans l’état 1D2 tend vers 0. D’après l’incertitude sur le ”fit” linéaire, nous pou-
vons conclure que les pertes par collisions avec le gaz résiduel sont inférieures à
5 s−1 (pression 6 10−9 mbar).

Nous avons mesuré les pertes dans notre piège pendant que le nombre
d’atomes dans le piège diminuait. Or les pertes dans le piège en régime station-
naire ne sont pas forcément égales aux pertes dans un régime de décroissance du
nombre d’atomes. En effet, le taux de pertes par pompage optiques est propor-
tionnel au rapport Γp = Γ2 n1D2

/N . Comme le taux de décroissance du nombre
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Fig. 2.33 – Taux de pertes dans le piège magnéto-optique en fonction de la pro-
portion d’atomes dans l’état 1D2 calculée à partir de l’intensité laser (δL/2π =
− 45MHz, Tfour = 466oC, Pcellule = 6 10−9 mbar).

d’atomes dans le piège magnéto-optique (taux de pertes) n’est pas très petit de-
vant les taux de transitions Γ1 + Γ2 = 3.3 103 et Γr = 4.8 104, le rapport n1D2

/N
est différent au cours de la décroissance du nombre d’atomes dans le piège et
pendant le régime stationnaire. Lorsque le flux d’atomes capturés par le piège
magnéto-optique devient égal à zéro et donc lorsque le nombre d’atomes dans
le piège commence à décrôıtre, le rapport n1D2

/N évolue avec une constante de
temps égale à 0.3 ms (1/(Γ1 + Γ2)) vers une nouvelle valeur. En utilisant les
équations de taux 2.9 (page 79), nous trouvons que le taux de pertes Γdec dans le
piège après l’arrêt du flux d’atomes capturés est déterminé par l’équation :

Γdec =
Γ2

1 + Γ1

Γr−Γdec
+ Γ1+Γ2−Γdec

f Γd

Le taux de pertes dans le piège magnéto-optique en régime stationnaire est lui
égal à (voir page 80):

Γp =
Γ2

1 + Γ1

Γr
+ Γ1+Γ2

f Γd

Plus les pertes seront importantes et plus l’écart entre Γdec et Γp sera impor-
tant. Pour le taux de pertes maximum Γdec = 165 s−1 mesuré dans notre piège
magnéto-optique, nous obtenons un écart de 4% avec Γp = 158 s−1. L’écart entre
les pertes par pompage optique en régime stationnaire et en cours de décroissance
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est donc faible et est de l’ordre de la barre d’erreur de l’estimation du taux de
pertes. Nous assimilerons donc dans la suite le taux de pertes au cours de la
décroissance qui est mesuré expérimentalement au taux de pertes en régime sta-
tionnaire qui détermine le nombre d’atomes dans le piège.

En conclusion, pour une pression de 6 10−9 mbar, les pertes dans le piège
magnéto-optique proviennent des pertes par pompages optiques. L’utilisation de
lasers repompeurs qui suppriment les pertes par pompage optique doit donc per-
mettre de diminuer fortement les pertes dans le piège magnéto-optique et donc
d’augmenter le nombre d’atomes capturés par le piège.

2.5.3 Flux d’atomes capturés par le piège magnéto-

optique

Le flux d’atomes capturés par le piège magnéto-optique se déduit du taux
de pertes et du nombre d’atomes pièges dont les méthodes de mesure ont été
discutées précédemment :

Φc = N Γp

Nous avons mesuré les pertes et le nombre d’atomes dans le piège pour le premier
type de cellule (dzm = 25 cm, Pcellule < 10−9 mbar) sans mélasse transverse et
sans lasers repompeurs. Pour une température du four de 466oC et avec des
faisceaux de piégeage d’intensité totale 200 mW/cm2 et de désaccord -45 MHz,
nous avons mesuré N = 2 106 atomes piégés et des pertes égales Γp = 165 s−1. On
obtient alors un flux d’atomes capturés par le piège égal à Φc = 3 108 atomes/s.
L’estimation du flux d’atomes capturés par le piège à partir de la relation 2.24
(page 103) nous donne un flux égal à 109 atomes/s. Cette estimation théorique du
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Fig. 2.34 – Nombre d’atomes piégés et flux d’atomes capturés par le piège en
fonction de l’intensité totale des faisceaux de piégeage (δL/2π = − 45MHz,
Tfour = 466oC, Pcellule = 6 10−9 mbar).
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flux d’atomes capturé par le piège est du même ordre de grandeur que la mesure
expérimentale.

Sur la figure 2.34, nous avons représenté le nombre d’atomes dans le piège et
le flux d’atomes capturés par le piège en fonction de l’intensité totale des fais-
ceaux lasers du piège. Nous constatons que le flux d’atomes capturés par le piège
augmente avec l’intensité des faisceaux pièges. Nous constatons cependant que
le nombre d’atomes est à peu près constant pour des intensités lasers comprises
entre 20 et 200 mW/cm2. L’augmentation du flux d’atomes capturés est com-
pensée par l’augmentation des pertes par pompage optique. Lorsque les pertes
dans le piège proviennent des pertes par pompage optique, l’augmentation de l’in-
tensité laser des faisceaux de piégeage ne conduit donc pas à une augmentation
du nombre d’atomes piégés.

2.5.4 Etendue spatiale du gaz d’atomes froids piégés

Nous intéresserons dans cette partie à la mesure du profil de la densité spatiale
du nuage d’atomes froids n(x,y,z). Lorsqu’on réalise une image du nuage d’atomes
froids suivant une direction (z par exemple), l’intensité de l’image I(x,y) est égale
à la densité spatiale du nuage intégrée dans une direction 17 :

I(x,y) ∝
∫

n(x,y,z) dz

La relation précédente est valable si l’éclairement du nuage est homogène, si le
champ magnétique est homogène sur l’étendue du nuage et si le nuage a une
épaisseur optique petite devant 1 pour pouvoir négliger l’absorption du faisceau
d’éclairage et la diffusion multiple.

Si on ne connâıt pas la forme du profil de densité du nuage, il est difficile de
déduire d’images du nuage le profil de densité. Nous supposerons donc que notre
nuage d’atomes froids a le profil de densité gaussien suivant :

n(x,y,z) =
N

(2π)
3
2 σy σ2

x

e
−x2 + z2

2 σ2
x e

− y2

2 σ2
y (2.30)

où N est le nombre total d’atomes dans notre nuage, σx représente l’écart type du
profil de densité spatiale suivant l’axe x et l’axe z, σy représente l’écart type du
profil de densité spatiale suivant l’axe y. L’axe y correspond à l’axe des bobines
du gradient de champ magnétique et donc à la direction où le gradient de champ
magnétique est deux fois plus grand par rapport aux deux autres directions. Le
profil de densité de notre nuage sera donc déterminé par les quantités σx et σy.

17. Cette relation est valable si la profondeur de champ du système d’imagerie est grande
devant l’étendue spatiale du gaz d’atomes froids piégés.
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En réalisant une image suivant l’axe z, nous obtenons une image égale à :

I(x,y) ∝ e
− x2

2 σ2
x e

− y2

2 σ2
y

Il est donc possible de déduire de l’image les quantités σx et σy déterminant le
profil de densité spatiale.

Expérimentalement le moyen le plus simple de prendre une image du nuage
d’atomes froids est d’utiliser une caméra CCD sur laquelle on image le nuage
d’atomes froids éclairés par les faisceaux du piège. Nous avons reporté sur la
figure 2.35 une image de notre nuage d’atomes froids éclairé par les faisceaux du
piège. Nous pouvons constater que le nuage a une forme elliptique, la dimension
la plus petite correspond à la direction y où le gradient de champ magnétique est
deux fois plus grand. Nous avons effectué une coupe de l’image suivant les deux
axes de l’ellipse et nous avons réalisé un ”fit” par une gaussienne. Nous trouvons
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Fig. 2.35 – Image du nuage d’atomes froids éclairé par les faisceaux pièges
(Nombre d’atomes piégés : 9 106 atomes, Intensité totale des lasers de piégeage :
I = 30 mW/cm2, désaccord laser : δL/2π = −36 MHz, gradient de champ
magnétique suivant y : 80 G/cm, gradient de champ magnétique suivant x : 40
G/cm).
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alors σx = 0.49 mm et σy = 0.32 mm. Comme nous avons aussi mesuré le nombre
d’atomes dans notre nuage N = 9 106, nous pouvons en déduire la densité au
centre du nuage :

n(0,0) =
N

(2π)
3
2 σy σ2

x

= 7 109 atomes/cm3

Nous pouvons comparer la prévision théorique 2.6 (voir page 74) à notre
mesure expérimentale. Avec les paramètres du piège donnés dans la légende de
la figure 2.35 et en prenant σv = 0.9 m/s (voir page 140), nous obtenons σx =
0.29 mm et σy = 0.20 mm. La prévision théorique sousestime donc la taille du
nuage. Il peut y avoir deux raisons : la première est une sur-estimation de la
raideur du piège car l’hypothèse de faible saturation n’est pas vérifiée, la deuxième
provient de la force de répulsion entre atomes causée par la diffusion multiple
(l’épaisseur optique du nuage pour les faisceaux pièges est environ égale à 0.2).

Afin d’obtenir un éclairement plus homogène du nuage et d’avoir un champ
magnétique nulle sur l’étendue du nuage, il est possible de réaliser l’image du
nuage d’atomes froids juste après la coupure des faisceaux pièges et du gradient de
champ magnétique. L’éclairement du nuage est alors réalisé par une sonde avec un
waist grand devant les dimensions du nuage d’atomes froids. Avec cette méthode,
nous obtenons des images de meilleures qualités. Cette mesure a cependant été
fâıte avec une sonde à résonance pour laquelle l’épaisseur optique du nuage n’est
pas négligeable. Ceci conduit à une surestimation de la taille du nuage d’atomes
froids. Pour réaliser une mesure fiable, il faut utiliser un faisceau suffisamment
désaccordé par rapport à la résonance pour que l’épaisseur optique du nuage pour
la sonde soit faible devant 1.

2.5.5 Epaisseur optique

Nous allons nous intéresser dans cette partie à la mesure de la transmission
d’un faisceau laser traversant notre nuage d’atomes froids piégés. L’épaisseur
optique b est définie comme le logarithme de la transmission :

b = ln T

Le principe de la mesure de la transmission du nuage d’atomes froids est décrit
sur la figure 2.36. On réalise une imagerie d’ombre du nuage d’atomes froids. Puis
on sélectionne à l’aide d’un trou le centre de l’ombre du nuage. Pour déterminer
la transmission au centre du nuage, on mesure la puissance à travers ce trou avec
et sans atomes piégés.

Lorsque le piège magnéto-optique est en fonctionnement, les faisceaux pièges
saturent un peu la transition atomique. Pour réaliser une mesure précise de
l’épaisseur optique, il faut donc couper les faisceaux du piège magnéto-optique. Il
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Fig. 2.36 – Mesure de l’épaisseur optique du nuage d’atomes froids piégés

faut aussi couper le gradient de champ magnétique du piège afin que la fréquence
de résonance des atomes ne soit pas déplacée par effet Zeeman. Sur la figure 2.37,
nous avons représenté l’évolution de la transmission du nuage après la coupure
des faisceaux de piégeage. Nous constatons que tout de suite après la coupure des
faisceaux pièges, la transmission diminue car la transition atomique des atomes
n’est plus saturée par les faisceaux pièges. Ensuite la transmission augmente car
les atomes ne sont plus piégés et donc le nuage s’étale.
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Fig. 2.37 – Evolution de la transmission du nuage après la coupure des faisceaux
de piégeage, du faisceau Zeeman et du gradient de champ magnétique.
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Nous pouvons aussi déduire l’épaisseur optique du nuage à partir du nombre
d’atomes piégés et du profil de densité spatiale du nuage. Pour le profil de densité
spatiale 2.30 (voir page 133), nous trouvons que l’épaisseur optique au centre du
nuage pour un faisceau laser se propageant suivant l’axe z est égale à :

b = σ0
N

2πσxσy
(2.31)

où N est le nombre d’atomes dans le piège, σx et σy sont les écarts types des
distributions gaussiennes de la densité suivant l’axe x et l’axe y, σ0 est la section
efficace de diffusion des atomes [129] :

σ0 =

3 λ2

2π

1 +
4 δ2

L

Γ2

, I � Isat

Pour les caractéristiques du nuage de la figure 2.35, nous trouvons une épaisseur
optique au centre du nuage pour un faisceau résonnant (δL = 0) égale à 0.9.
Si on mesure directement l’épaisseur optique du nuage d’atomes froids avec la
méthode précédente, nous trouvons une épaisseur optique égale à 1.2. On trouve
donc un bon accord qualitatif entre ces deux mesures. La méthode de mesure
directe de l’épaisseur optique du nuage est cependant beaucoup plus précise car
elle ne nécessite pas d’hypothèses particulières sur le profil de densité du nuage et
sur le calcul du lien entre puissance diffusée par les atomes et nombre d’atomes
piégés.

L’épaisseur optique est un paramètre important dans les expériences de dif-
fusion multiple. Si l’épaisseur optique est petite devant 1, la diffusion multiple
sera faible et si elle plus grande que 1 la diffusion multiple sera importante.
L’épaisseur optique maximum obtenue pour notre piège magnéto-optique est de
3. On est alors dans un régime où la diffusion multiple est assez importante et
des expériences sur la diffusion multiple de la lumière sur un gaz d’atomes froids
pourront être réalisées.

2.5.6 Température

La mesure de la température du gaz d’atomes froids c’est à dire de la distri-
bution de vitesse est réalisée en mesurant l’expansion du nuage d’atomes froids
après la coupure des faisceaux pièges. Plus la dispersion de vitesse des atomes
est grande, plus le nuage aura une expansion rapide après la coupure du piège.
Au bout d’un temps variable après la coupure des faisceaux pièges appelé temps
de vol, nous prenons une image du nuage d’atomes froids avec une caméra CCD.
Pour cela, nous éclairons le nuage d’atomes froids pendant un bref instant avec un
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Fig. 2.38 – Séquence temporelle utilisée pour mesurer la température.

faisceau sonde plus grand que la taille du nuage. Afin d’éviter d’acquérir la fluo-
rescence du nuage pendant le temps où les atomes sont éclairés par les faisceaux
pièges, nous utilisons un chopper mécanique qui masque la caméra pendant que
les faisceaux pièges sont allumés. Les détails sur la prise d’image seront donnés
ultérieurement dans la partie sur la mesure du cône de rétrodiffusion cohérente
sur des atomes froids. Sur la figure 2.39, nous avons reporté les images du nuage
d’atomes froids pour différents temps de vol. Nous allons à présent essayer de
déduire de ces images la dispersion en vitesse du nuage atomique.

Nous négligerons la gravité pendant le temps de vol des atomes. En effet
pendant un temps de vol de 1.1 ms, les atomes acquièrent une vitesse g tv =

tv = 0.1 ms tv = 0.6 ms tv = 1.1 ms

7.2 mm

7.2 m
m

Fig. 2.39 – Image du nuage d’atomes après différents temps tv après la coupure
des faisceaux pièges.
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0.01 m s−1 et tombe d’une hauteur de 1
2
g t2 = 6 µm. La taille initiale du nuage

étant de l’ordre du mm, la chute des atomes est négligeable pour un temps de
vol de 1.1 ms.

Si la taille du nuage atomique après le temps de vol est très grande devant
la taille initiale du nuage, on obtient directement la distribution de vitesse des
atomes à partir de l’image du nuage atomique après le temps de vol. En effet, la
distribution spatiale des atomes nous donne directement la distribution de vitesse
en posant �v = �r/tv.

Dans notre expérience il est difficile de réaliser un temps de vol suffisamment
long pour que la taille finale du nuage soit très grande devant la taille initiale
du nuage. Nous devrons donc déduire de la mesure d’expansion du nuage la
distribution de vitesse du nuage. Pendant le temps vol, la trajectoire d’un atome
de vitesse v est égale à �r(t) = �r(0) + �v t. La distribution de vitesse et de position
pendant le temps de vol est donc égale à :

Pr,v(�r,�v,t) = Pr,v(�r − �v t,�v,t = 0)

Nous supposons qu’il n’y a pas de corrélation position vitesse dans le nuage
atomique avant la coupure des faisceaux pièges. La distribution de position et de
vitesse initiale peut alors se mettre sous la forme :

Pr,v(�r,�v,0) = P0r(�r) Pv(�v)

La distribution de position et de vitesse du nuage pendant le temps de vol est
donc égale à :

Pr,v(�r,�v,t) = P0r(�r − �v t) Pv(�v)

La distribution de position des atomes dans le nuage au cours du temps vol
s’obtient en intégrant sur la vitesse la distribution de position et de vitesse :

Pr(�r,t) =

∫ ∫ ∫
P0r(�r − �v t) Pv(�v) d�v (2.32)

La distribution spatiale des atomes pendant le temps vol est donc égale au produit
de convolution entre la distribution spatiale initiale et la distribution de vitesse.

Nous supposons à présent que la distribution de vitesse et la distribution
spatiale initiale sont gaussiennes :

P0r(x,y,z) =
1

(2π)
3
2 σ2

0x σ0y

e
−x2 + z2

2 σ2
0x e

− y2

2 σ2
0y

Pv(vx,vy,vz) =
1

(2π)
3
2 σ3

v

e
−v2

x + v2
y + v2

z

2 σ2
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140 CHAPITRE 2. PIÉGEAGE ET REFROIDISSEMENT

Avec les distributions précédentes, nous trouvons en utilisant la relation 2.32 que
la distribution spatiale pendant le temps de vol est égale à :

Pr(x,y,z,t) =
1

(2π)
3
2 (σ2

0x + t2 σ2
v)
√

(σ2
0y + t2 σ2

v)
e
− x2 + z2

2 (σ2
0x + t2 σ2

v) e
− y2

2 (σ2
0y + t2 σ2

v)

(2.33)
La variance de la distribution spatiale du nuage pendant le temps de vol est donc
proportionnel au carré du temps de vol :

σ2
y(t) = σ2

0y + t2 σ2
v

Si on mesure l’évolution de l’écart type de la distribution spatiale du nuage σy(t)
pendant le temps de vol , on obtient donc l’écart type de la distribution de vitesse
σv et donc la température du nuage.

Nous avons mesuré l’écart type de la distribution spatiale de notre nuage σy en
différents temps de vol en réalisant une coupe des différentes images et en faisant
un ”fit” par une gaussienne. Nous avons représenté sur la figure 2.40 la variance de
la distribution spatiale σ2

y suivant une direction pour trois temps de vol différents.
En réalisant un ”fit”, nous trouvons que l’écart type de la distribution de vitesse
de notre nuage d’atomes froids est égale à σv = 0.90 m s−1. Ceci correspond à
une température de 8 mK.
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Fit linéaire : σv = 0.80 m2s-22

σv = 0.90 m s-1

Fig. 2.40 – Détermination de l’écart type de la distribution de vitesse du nuage
atomique.

La mesure de température a été effectuée avec des faisceaux de piégeages d’in-
tensité totale I = 1.1 Isat et avec un désaccord δL/2π = −36 MHz. En utilisant
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l’estimation 2.5 (page 72) de la dispersion de vitesse du nuage, nous trouvons
σv = 0.3 m s−1. Nous trouvons donc que la mesure expérimentale de la dispersion
de vitesse est trois fois plus grande que l’estimation théorique. Cette différence
s’explique peut être par une intensité laser des faisceaux pièges qui n’est pas pe-
tite devant l’intensité de saturation. La différence entre l’estimation théorique et
la mesure expérimentale pourrait aussi provenir d’une mauvaise qualité spatiale
des faisceaux de piégeages [60].

Bien que supérieure à l’estimation théorique, la dispersion en vitesse mesurée
de notre gaz d’atomes froids de strontium σv = 0.9 m s−1 est petite devant
la largeur en vitesse de la résonance Γ/k = 15 m s−1. Dans la plus part des
situations, on pourra donc négliger l’effet Doppler dans l’interaction d’un laser
avec notre gaz d’atomes froids piégés.

Dans cette partie, nous avons donné les méthodes de mesure des ca-
ractéristiques de notre gaz d’atomes froids de strontium (nombre d’atomes,
profil de densité spatiale, épaisseur optique, température). Nous utiliserons ces
méthodes pour caractériser le nuage d’atomes froids sur lequel nous étudierons
la diffusion multiple de la lumière.

Nous avons aussi montré dans cette partie que les pertes dans notre piège
provenaient essentiellement des pertes par pompage optique. Nous devrions donc
accrôıtre fortement le nombre d’atomes piégés en utilisant des lasers repompeurs
qui ont pour but de supprimer les pertes par pompage optique.
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2.6 Repompeurs

Nous avons vu précédemment que le nombre d’atomes dans notre piège
magnéto-optique était limité par les pertes par pompage optique. Lorsque l’atome
est dans l’état excité 5p 1P1, il a une probabilité non nulle de se désexciter via
le niveau 4d 1D2 vers le niveau métastable 5p 3P2. Dans ce niveau, l’atome n’est
plus sensible à la force de pression de radiation des faisceaux pièges. Comme le
niveau 5p 3P2 a une durée de vie très longue, l’atome quitte la zone de piégeage
avant de retomber dans le niveau fondamental 1S0 où il est à nouveau sensible à
la force de piégeage. Les atomes qui tombent dans l’état 5p 3P2 constituent donc
des pertes pour le piège magnéto-optique.

Nous présenterons dans cette partie deux techniques qui ont pour but de
supprimer les pertes par pompage optique. La première qui utilise un laser à 717
nm consiste à empêcher les atomes de tomber dans le niveau métastable 5p 3P2.
La deuxième technique qui utilise deux lasers à 707 nm et 679 nm consiste à
pomper optiquement les atomes de l’état métastable 5p 3P2 vers un niveau où
ils peuvent se désexciter rapidement dans l’état fondamental 5s 1S0. La première
technique a l’avantage de n’utiliser qu’un seul laser mais nous verrons qu’il n’est
pas sûr que l’on puisse supprimer les pertes par pompage optique. La deuxième
technique permet avec certitude d’éliminer les pertes par pompage optique mais
elle nécessite l’utilisation de deux lasers.

2.6.1 Repompeur à 717 nm

La technique de suppression des pertes par pompage optique que nous allons
présenter utilise un laser à 717 nm résonnant avec la transition 4d 1D2 - 6p 1P1.
Le but de ce laser est de pomper optiquement les atomes de l’état 4d 1D2 vers
l’état 6p 1P1 avant que les atomes tombent dans le niveau métastable 3P2. Une
fois dans le niveau 6p 1P1, les atomes ont plusieurs possibilités de désexcitations
vers l’état fondamental 5s 1S0 (voir figure 2.41). Si l’atome ne tombe pas dans
les niveaux métastables 5p 3P2 et 5p 3P0, il se désexcite suffisamment rapidement
dans l’état fondamental pour être recapturé par le piège. Par contre, si l’atome
tombe dans les états métastables 5p 3P2 et 5p 3P0, il ne pourra pas être recapturé
par le piège. Les atomes tombant dans ces niveaux métastables constituent donc
une source de perte. Avec le repompeur à 717 nm, on obtient donc des pertes par
pompage optique égales à 18 :

Γp = f Γd
Γm

Γs + Γ′
1 + Γm

(2.34)

18. Ce taux de pertes a été calculé à partir de la solution stationnaire des équations de taux et
en supposant que l’intensité du repompeur était suffisamment élevée pour négliger les atomes
tombant dans les niveaux 5p 3P2 et 5p 3P1 à partir du niveau 4d 1D2. Nous avons aussi supposé
que le nombre d’atomes dans les niveaux autres que 5s 1S0 et 5p 1P1 était négligeable.
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où f est la proportion d’atomes dans l’état excité (f = n1P1
/(n1S0

+ n1P1
)) et les

probabilités de transition Γd, Γ′
1, Γs, Γm sont indiquées sur la figure 2.41.

Le repompeur à 717 nm sera donc efficace si le taux de pertes par pompage
optique 2.34 est faible et donc si la probabilité ( Γm

Γs+Γ′
1+Γm

) de tomber dans les

états métastables 5p 3P2 et 5p 3P0 à partir du niveau 6p 1P1 est faible. Comme
les probabilités de transition déterminant Γm et Γ′

1 ne sont pas connues, il est
difficile d’estimer les pertes par pompage optique avec le repompeur à 717 nm .
Si on ne tient compte que des probabilités de transition connues, la probabilité de
tomber dans les niveaux métastables à partir du niveau 6p 1P1 est faible (< 3%).
Le repompeur à 717 nm a donc des chances de diminuer fortement les pertes par
pompage optique dans notre piège.
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Fig. 2.41 – Diagramme des niveaux pour le repompeur à 717 nm (un diagramme
complet des niveaux est donné en annexe page 359).

Ce repompeur à 717 nm a déjà été testé par Shimizu [49] et Vogel [145].
Shimizu trouve que le repompeur à 717 nm augmente la fluorescence du piège
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d’un facteur 2.5. Vogel trouve lui une augmentation de la fluorescence d’un facteur
1.8. Ce faible facteur d’augmentation de la fluorescence a été attribué au fait que
le repompeur 717 nm n’élimine pas complètement les pertes par pompage optique.
Pour cela, Vogel et Shimizu avancent deux explications possibles. Comme nous
l’avons vu précédemment, la première explication attribue la non-suppression des
pertes par pompage optique à une probabilité assez élevée de se désexciter vers les
états métastables 5p 3P2 et 5p 3P0 à partir du niveau 6p 1P1. La deuxième raison
provient du fait que la transition du repompeur est une transition du type J -
J−1. Pour ce type de transition, il existe toujours un état non couplé avec le laser
quelle que soit la polarisation du laser (voir figure 2.42). Donc si l’atome tombe
dans un de ces états, il ne pourra par être pompé optiquement par le repompeur
et pourra donc tomber vers le niveau métastable 3P2.

6p 1P1

4d 1D2

σ+ σ+ σ+

0

0 +1

+1

+2-1

-1

-2

Etats noirs

0

πππ

0 +1

+1 +2

-1

-1-2

Etat noir Etat noir

Polarisation linéaire π Polarisation circulaire σ+

6p 1P1

4d 1D2

Fig. 2.42 – Etats noirs pour le repompeur à 717 nm.

Dans cette partie, nous allons tester le repompeur 717 nm sur notre piège
magnéto-optique réalisé dans le premier type de cellule (pression 6 10−9 mbar).
Bien que Vogel et Shimizu aient constaté un manque d’efficacité de ce repompeur,
nous avons testé le repompeur à 717 nm car nous voulons utiliser un laser avec
une polarisation qui varie en fonction du temps. Comme l’état noir dépend de
la polarisation du laser, les états noir changent au cours du temps et donc tous
les atomes dans le niveau 1D2 pourront être pompés vers le niveau 6p 1P1. Si
l’efficacité du repompeur à 717 nm était limitée par les états noirs pour Vogel
et Shimizu, nous devrions donc augmenter fortement l’efficacité du repompeur
en utilisant un laser avec une polarisation qui varie en fonction du temps. Le
repompeur à 717 nm pourrait donc fortement diminuer les pertes par pompage
optique.

Le laser à 717 nm est réalisé avec une diode laser libre émettant à 715 nm à
25oC. En chauffant la diode laser à 32oC, nous avons pu mettre la diode laser
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en résonance avec la transition 4d 1D2 - 6p 1P1 à 717 nm. La résonance a été
détectée à l’aide d’une lampe à cathode creuse avec du strontium déposé sur une
électrode. Lorsque la décharge a lieu une vapeur de strontium est produite. Les
atomes de cette vapeur sont dans les différents états excités du strontium et sont
ainsi sensibles à un laser résonnant avec une transition partant d’un état excité.
Pour détecter la résonance du laser, nous utilisons l’effet optogalvanique [58] [59]
qui se manifeste par un changement de la résistance électrique de la lampe lorsque
le laser est à résonance avec une transition atomique du strontium.

Le faisceau émis par la diode laser en résonance avec la transition 4d 1D2

5p 1P1 à 717 nm est envoyé à travers le piège magnéto-optique. La puissance
maximum disponible est égale 2.4 mW. Avec un faisceau ayant pour dimension
4 x 7 mm interagissant avec l’ensemble des atomes piégés, on obtient une in-
tensité du laser repompeur au niveau des atomes environ égale à 9 mW/cm2.
Les caractéristiques du piège magnéto-optique pendant le test étaient les sui-
vantes : intensité totale des faisceaux de piégeage I = 200 mW/cm2, désaccord
laser δL/2π = −45 MHz, Pcellule = 6 10−9 mbar, pertes sans repompeurs 166 s−1.
Nous constatons avec ce repompeur une augmentation de la fluorescence du piège
d’un facteur 1.6. Pour savoir si l’intensité laser du repompeur est suffisamment
élevée, nous avons mesuré l’augmentation de la fluorescence des atomes piégés en
fonction de l’intensité du laser repompeur (voir figure 2.43). Nous constatons que
l’augmentation de fluorescence sature en fonction de l’intensité du repompeur.
L’intensité du repompeur est donc suffisamment élevée pour pomper les atomes
dans l’état 6p 1P1 avant que les atomes tombent dans l’état métastable 5p 3P2.
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Intensité du faisceau repompeur à 717 nm (mW/cm²)

Rapport entre la fluorescence des atomes piégés avec et sans repompeur à 717 nm

Fig. 2.43 – Augmentation de la fluorescence des atomes piégés causée par le
repompeur à 717 nm en fonction de son intensité.
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Nous avons mis en place un dispositif permettant de faire varier la polarisa-
tion du laser repompeur au cours du temps (voir figure 2.44). On obtient avec
ce dispositif une polarisation qui varie périodiquement au cours du temps entre
une polarisation circulaire et linéaire. La fréquence de variation de la polarisation
a été choisie suffisamment élevée (10 kHz) pour que le laser repompeur puisse
pomper tous les états du niveau 4d 1D2 avant que l’atome ne tombe dans l’état
métastable 5p 3P2. Avec ce dispositif, nous constatons aucun changement de la
fluorescence des atomes piégés. On peut expliquer cette non-modification de l’ef-
ficacité du repompeur par le fait que les états noirs pour une polarisation laser
donnée ne sont pas vraiment des états noirs. En effet la présence d’un champ
magnétique non parallèle à l’axe de quantification couple les différents états mJ .
Ainsi les atomes qui sont initialement dans un état noir sont couplés avec des
états interagissant avec le laser. Le champ magnétique vu par les atomes piégés
est de l’ordre du Gauss. Avec un tel champ magnétique, le couplage entre les
différents états est suffisamment fort pour que les atomes sortent de l’état noir
avant qu’ils ne tombent dans le niveau métastable 5p 3P2.

Câle piézo-électrique alimentée par
une tension modulée à 10 kHz

Cube polariseur Cube polariseur

mirroir mirroir

Polarisation dépendant
de la tension sur la câle
piézo-électrique

Polarisation
incidente
linéaire à 45°

Fig. 2.44 – Montage optique permettant d’avoir une polarisation qui varie en
fonction du temps.

La faible efficacité du repompeur à 717 nm ne peut donc pas s’expliquer par
des états du niveau 4d 1D2 n’interagissant pas avec le laser repompeur. Elle pro-
vient donc d’une probabilité assez élevée de tomber dans les niveaux métastables
5p 3P2 et 5p 3P1 à partir du niveau 6p 1P1.

Nous allons examiner plus précisément l’effet du repompeur à 717 nm. Il faut
tout d’abord remarquer qu’une augmentation d’un facteur 1.6 de la fluorescence
du nuage d’atomes froids ne signifie pas forcement une augmentation d’un facteur
1.6 du nombre d’atomes piégés. En effet, la fluorescence du piège est proportion-
nelle au nombre d’atomes qui sont dans l’état excité 5p 1P1 et la présence du
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repompeur peut modifier le rapport entre le nombre d’atomes dans l’état excité
et le nombre total d’atomes. Sans repompeur à 717 nm, les atomes sont princi-
palement répartis entre les niveaux 5s 1S0, 5p 1P1 et 4d 1D2. Avec le repompeur
à 717 nm, le nombre d’atomes dans l’état 4d 1D2 devient négligeable par rapport
au nombre d’atomes dans les états 5s 1S0 et 5p 1P1. Ainsi les relations entre fluo-
rescence et nombre d’atomes piégés sont différentes avec et sans repompeur (voir
page 127) :
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En utilisant ces formules, nous trouvons qu’une augmentation d’un facteur 1.60
de la fluorescence du piège donne seulement une augmentation d’un facteur 1.35
du nombre d’atomes piégés.

Nous avons aussi mesuré directement les pertes dans le piège magnéto-optique
avec et sans repompeur avec la méthode décrite page 127. Nous trouvons avec
le repompeur à 717 nm des pertes qui passent de 166 s−1 à 156 s−1. Les pertes
diminuent donc seulement d’un facteur 1.06 avec le repompeur à 717 nm. Si le
flux d’atomes capturés par le piège reste identique avec et sans repompeur, on
devrait trouver le même facteur entre l’augmentation du nombre d’atomes piégés
et la diminution des pertes. La différence entre le rapport du nombre d’atomes
piégés et le rapport des pertes nous laisse donc penser que le repompeur à 717
nm augmente le flux d’atome capturé par le piège. Pour expliquer la différence
entre le facteur d’augmentation du nombre d’atomes de 1.35 et le facteur de
diminution des pertes de 1.06, il faut que le flux d’atomes capturés par le piège
ait augmenté d’un facteur 1.27. Cette augmentation peut s’expliquer par le fait
que sans repompeur la force de piégeage peut être interrompue pendant un temps
de l’ordre de 0.3 ms lorsque les atomes tombent dans l’état 4d 1D2 puis 5p 3P1.
Avec un repompeur à 717 nm, le temps passé dans l’état 4d 1D2 devient très faible,
la force de piégeage se trouve alors interrompue pendant un temps beaucoup plus
court. L’augmentation du flux d’atomes capturés par le piège nous laisse donc
penser que les interruptions de la force de pression de radiation causées par le
pompage optique des atomes dans l’état 4d 1D2 puis 5p 3P1 limite l’efficacité de
capture du piège magnéto-optique.

Pour vérifier que les pertes avec repompeur à 717 nm provenait bien de pertes
par pompage optique, nous avons mesuré les pertes en fonction de l’intensité
des lasers de piégeage. Sur la figure 2.45, nous avons représenté les pertes en
fonction de proportion d’atomes dans l’état excité f qui est calculée à partir de
l’intensité et du désaccord des faisceaux pièges (voir page 126). Nous constatons
que les pertes avec le repompeur à 717 nm sont proportionnelles à la proportion
d’atomes dans l’état excité. Les pertes avec le repompeur à 717 nm correspondent
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Fig. 2.45 – Pertes dans le piège magnéto-optique avec le repompeur à 717 nm en
fonction de la proportion d’atomes dans l’état excité f = n5p 1P1

/(n5s 1S0
+n5p 1P1

).

donc bien à des pertes par pompage optique (voir relation 2.34). En réalisant un
”fit” linéaire des points expérimentaux, nous trouvons en utilisant la relation 2.34
que la probabilité de tomber dans les niveaux métastables 5p 3P2 et 5p 3P0 à partir
du niveau 6p 1P1 est égale à :

Γm

Γs + Γ′
1 + Γm

= 0.23

La probabilité de tomber dans les niveaux métastables 5p 3P2 et 5p 3P0 à partir
du niveau 6p 1P1 est donc relativement élevée et induit donc de fortes pertes par
pompage optique même avec le repompeur à 717 nm.

L’utilisation d’un repompeur à 717 nm diminue donc que très faiblement
les pertes par pompage optique (∼ 6%). La raison du manque d’efficacité du
repompeur à 717 nm provient d’une probabilité assez élevée (23%) de se désexciter
vers les niveaux métastables 5p 3P2 et 5p 3P0 à partir du niveau 6p 1P1. On peut
enfin noter que le repompeur à 717 nm semble augmenter d’un facteur 1.27 le
flux d’atomes capturés par le piège. On obtient finalement une augmentation du
nombre d’atomes piégés avec le repompeur à 717 nm d’un facteur 1.35.

L’utilisation du laser repompeur à 717 nm présente donc peut d’intérêt. Dans
la partie suivante, nous allons étudier une technique plus efficace pour supprimer
les pertes par pompage optique.
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2.6.2 Repompeur à 707 et 679 nm

La technique de suppression des pertes que nous allons à présent étudier
consiste à pomper optiquement les atomes du niveau métastable 3P2 vers un ni-
veau où les atomes peuvent de désexciter rapidement vers le niveau fondamental.
On utilise pour cela un laser à 707 nm résonnant avec la transition 5p 3P2 - 6s 3S1.
Les atomes qui sont dans le niveau métastable 5p 3P2 sont donc pompés optique-
ment vers le niveau 6s 3S1. De ce niveau les atomes peuvent tomber rapidement
dans le niveau fondamental 5s 1S0 en passant par le niveau 5p 3P1. A partir du
niveau 6s 3S1, les atomes peuvent aussi tomber le niveau 5p 3P0. Comme ce ni-
veau est métastable, il faut utiliser un deuxième laser repompeur à 679 nm qui
pompe optiquement les atomes du niveau 5p 3P0 vers le niveau 6s 3S1. L’utilisa-
tion de ces deux lasers repompeurs à 707 nm et 679 nm permet donc de supprimer
complètement les pertes par pompage optique.

3P2

3P1

3P0

niveau
métastable
τ = 21 µs
niveau
métastable
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Γr=4.8 104 s-1
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Γ=0.33 Σ Γ
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Fig. 2.46 – Diagramme des niveaux pour les repompeurs à 707 nm et 679 nm (un
diagramme complet des niveaux est donnée en annexe page 359).

Ces repompeur à 707 nm et 679 nm ont été utilisés par Vogel [145]. Il a obtenu
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une augmentation d’un facteur 10 du nombre d’atomes piégés. Les pertes dans le
piège étaient alors déterminées par les collisions assistées par lumière.

Notre repompeur à 707 nm est réalisé à l’aide d’une diode laser traitée
antireflet en cavité étendue 19. Le repompeur à 679 nm est lui obtenu avec une
diode laser libre. Comme précédemment, nous avons mis les lasers à résonance
avec les transitions 5p 3P2 - 6s 3S1 et 5p 3P0 - 6s 3S1 en utilisant l’effet opto-
galvanique dans une lampe à cathode creuse. Ces repompeurs ont été utilisés
avec la deuxième cellule dans laquelle la pression était égale à 2 10−7 mbar.
Le repompeur à 707 nm provoque une augmentation de la fluorescence des
atomes piégés d’un facteur 2 à 3. Lorsqu’on utilise en plus le repompeur à 679
nm, nous constatons une augmentation de la fluorescence du piège très faible
(� 10%). Cette faible augmentation de la fluorescence provient de la pression
élevée dans la cellule contenant les atomes piégés. En effet, cette pression élevée
induit des pertes par collisions avec le gaz résiduel présent dans la cellule assez
importantes. Avec uniquement le repompeur à 707 nm, les pertes par pompage
optique sont plus faibles que les pertes par collisions. Ainsi le repompeur à 679
nm qui diminue encore plus les pertes par pompage optique n’a pratiquement
aucun effet sur les pertes totales du piège. Avec les deux repompeurs, nous avons
mesuré des pertes dans le piège de l’ordre de 50 s−1 (pression 2 10−7 mbar). Ces
pertes correspondent aux pertes par collisions avec le gaz résiduel.

Nous avons examiner deux techniques qui avaient pour but de supprimer les
pertes par pompage optique. L’utilisation du repompeur à 717 nm s’est avérée
inefficace pour diminuer les pertes par pompage optique à cause d’une proba-
bilité assez élevée de se désexciter vers les niveaux métastables 5p 3P2 et 5p 3P0

à partir du niveau 6p 1P1. Seule l’utilisation des lasers repompeurs à 707 nm
et 679 nm permet de supprimer complètement les pertes par pompage optique.
Avec ces repompeurs, nous avons obtenu des pertes dans notre piège égales à
50 s−1. Ces pertes élevées proviennent d’une pression assez élevée dans notre cel-
lule (2 10−7 mbar) qui induit de fortes pertes par collision. L’amélioration du vide
dans notre cellule devrait donc permettre de réduire fortement les pertes dans
notre piège et donc d’augmenter fortement le nombre d’atomes piégés.

19. Des détails sur les diodes en cavité étendue sont donnés page 273.
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Conclusion

Nous venons de décrire le montage expérimental qui nous permet de refroidir
et de piéger des atomes de strontium. L’élément de base du montage est un laser à
461 nm résonnant avec la transition 1S0 - 1P1 du strontium (P ∼ 150−200 mW ).
La force de pression de radiation de ce laser est utilisée pour réaliser un piège
magnéto-optique qui piège et refroidit les atomes de strontium. Ce piège est
chargé à partir d’un jet de strontium issu d’un four à 500o C. Afin d’augmen-
ter le flux d’atomes capturés par le piège, le jet est ralenti transversalement et
longitudinalement grâce à la force de pression de radiation du laser à 461 nm.
Nous avons aussi utilisé des lasers à 679 nm et 707 nm qui permettent d’éliminer
les pertes par pompage optique dans le piège. Pour chacun de ces éléments du
montage, nous avons expliqué le principe de fonctionnement et les différents choix
technologiques effectués.

Nous avons montré que le nombre d’atomes piégés (N ∼ 107 atomes) était
dans l’état actuel de l’expérience limité par les pertes par collisions avec le gaz
résiduel présent dans la cellule. Une amélioration du vide devrait donc nous per-
mettre d’augmenter le nombre d’atomes piégés.

Dans la partie suivante, nous étudierons la diffusion multiple de la lumière
dans le gaz d’atomes froids de strontium obtenu ici. Nous nous servirons alors
des méthodes de mesure décrites dans la partie 2.5 pour caractériser le nuage
d’atomes froids.
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Deuxième partie

Diffusion multiple
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Chapitre 1

Diffusion multiple

La propagation d’une onde dans un milieu désordonné est une situation que
l’on rencontre très souvent en physique (optique, physique du solide, acous-
tique...). C’est le cas par exemple de la propagation de lumière du soleil à travers
un nuage ou encore de la propagation d’un électron à travers un milieu désordonné
comme un conducteur électrique. La problématique du transport d’une onde dans
un milieu désordonné a été étudiée pour la première fois au début du siècle par
des astrophysiciens qui s’intéressait à la propagation de la lumière à travers le
milieu interstellaire. Ceci a conduit à la théorie du transfert radiatif qui modélise
la propagation de l’onde comme une marche au hasard. L’intensité dans le milieu
se propage alors de manière diffuse. Dans cette approche le caractère ondulatoire
et en particulier les interférences ont été complètement négligés. Malgré cette
grossière approximation, ce modèle a permis de décrire avec succès de nombreux
problèmes. Cependant, dans certaines situations, les interférences jouent un rôle
important et ne peuvent être négligées. Lorsque le désordre est suffisamment im-
portant, les interférences conduisent à l’arrêt de la diffusion de l’onde dans le
milieu. Ce phénomène appelé localisation forte ou localisation d’Anderson a été
prédit en 1958 [12]. La mise en évidence expérimentale de la localisation forte est
cependant extrêmement difficile. En 1997, l’observation de la localisation forte de
la lumière dans une poudre de semi-conducteur a été annoncée par Wiersma [14]
mais le rôle de l’absorption dans l’interprétation des données demeurent toujours
l’objet d’une discussion [15]. Lorsque le désordre est plus faible, l’effet des in-
terférences se manifeste aussi par un phénomène appelé rétrodiffusion cohérente.
Ce phénomène a été observé expérimentalement dans le début des années 80 [65]
[66]. La rétrodiffusion cohérente a lieu dans un régime de diffusion multiple et se
manifeste par une probabilité plus élevée de revenir dans la direction arrière.

Cette partie de ma thèse est consacrée à l’étude de l’effet des interférences en
diffusion multiple et en particulier à la rétrodiffusion cohérente. Nous étudierons
le phénomène de rétrodiffusion cohérente dans un milieu modèle qui est un gaz
d’atomes froids. Une première étude de la rétrodiffusion cohérente a été effectuée
en 1999 sur un gaz d’atomes froid de rubidium [18]. Il s’est avéré que l’effet des in-
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terférences est fortement réduit dans ce milieu. La structure interne dégénérée de
l’état fondamental de l’atome de rubidium semble être responsable de la réduction
de l’effet des interférences. Nous présenterons donc une étude de la rétrodiffusion
cohérente sur un gaz d’atomes de strontium qui ne possède pas de structure in-
terne dégénérée dans l’état fondamental. Avec cet atome, l’effet des interférences
en diffusion multiple devrait se manifester pleinement.

Nous commencerons cette partie par présenter le problème de la propaga-
tion dans un milieu désordonné et un particulier le problème de la diffusion
multiple. Nous présenterons alors les concepts généraux de la diffusion multiple
et nous définirons le régime auquel on s’intéressera. Dans une seconde partie,
nous aborderons le problème plus particulier de la rétrodiffusion cohérente. Nous
présenterons l’origine physique de ce phénomène et nous essayerons d’en donner
les caractéristiques en fonction des propriétés du milieu. La troisième partie sera
consacrée à la technique expérimentale permettant d’observer et de mesurer la
rétrodiffusion cohérente de la lumière. Nous présenterons ici des mesures de la
rétrodiffusion cohérente sur des diffuseurs ”classiques”. Dans la quatrième par-
tie, nous présenterons les propriétés et les particularités d’un gaz d’atomes froids
comme milieu diffusant. Nous donnerons aussi les résultats de la rétrodiffusion
cohérente sur un gaz d’atomes froids de rubidium. Enfin, la dernière partie sera
consacrée à l’étude de la rétrodiffusion cohérente de la lumière sur un gaz d’atomes
froids de strontium. Nous comparons les résultats expérimentaux obtenus à une
simulation de Monte Carlo.
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1.1 Diffusion multiple

1.1.1 Présentation du problème

Nous nous intéressons au problème de la propagation d’une onde dans un
milieu constitué de diffuseurs répartis aléatoirement. Plus particulièrement, nous
voulons déterminer l’onde diffusée par le milieu lorsqu’on envoie sur celui-ci une
onde incidente donnée. L’onde peut être de nature quelconque (onde acoustique,
onde de matière, onde électromagnétique...). Pour simplifier le problème, nous
traiterons dans cette partie le cas d’une onde scalaire. Nous supposerons que
l’onde incidente est monochromatique de fréquence ν et de longueur d’onde λ =
c/ν où c est la vitesse de propagation de l’onde. Le milieu diffusant sera caractérisé
par sa densité de diffuseur nd. Nous supposerons que les diffuseurs sont identiques
et répartis aléatoirement (pas de corrélation de position entre diffuseurs).

onde incidente

onde diffusée

Milieu diffusant

diffuseur

I(r) ?

Nous allons commencer cette partie par définir les quantités qui caractérisent
la diffusion par un seul diffuseur. Après cela, nous nous intéresserons à la diffusion
par un milieu constitué de diffuseurs répartis aléatoirement.

1.1.2 Diffusion par un seul diffuseur

Nous nous intéressons dans cette partie à la diffusion par un seul diffuseur.
Nous supposerons que la diffusion est élastique c’est à dire que la fréquence de
l’onde diffusée est égale à la fréquence de l’onde incidente. Nous traiterons unique-
ment le cas d’ondes monochromatiques. La dépendance temporelle de l’amplitude
des différentes ondes rencontrées par la suite sera donc en ei ω t. Nous indiquerons
dans la suite que la dépendance spatiale de l’amplitude des ondes E(�r).

Lorsqu’on envoie sur un diffuseur une onde plane d’amplitude Ein et de vecteur

d’onde �kin (E(�r) = Ein ei
kin.
r), l’onde diffusée en champ lointain peut s’écrire
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[61] :

Ed(�r) =
ei k0 |
r−
rd|

|�r − �rd| td(�kin,�kout) Ein ei
kin.
rd (1.1)

où k0 = ω/c est le vecteur d’onde dans le vide et td(�kin,�kout) représente l’amplitude

de l’onde diffusée dans la direction �kout lorsqu’on envoie une onde incidente de
vecteur d’onde �kin. Cette expression de l’amplitude de l’onde diffusée est valable
en champ lointain lorsque la distance par rapport au diffuseur est grande devant
la longueur d’onde λ et les dimensions du diffuseur.

rdkin

r
Ed

kout

ϕ

kin

r

rd

Ein

Ed

kout

θ

A partir de l’expression précédente 1.1, on obtient que l’intensité de l’onde
diffusée Id(�r) (W.m−2) est égale à :

Id(�r) =
|td(�kin,�kout)|2

|�r − �rd|2 Iin (1.2)

où Iin ∝ |Ein|2 est l’intensité de l’onde incidente.
La distribution angulaire de l’intensité diffusée est donnée par la section ef-

ficace différentielle de diffusion dσ
dΩ

. Cette quantité relie la puissance diffusée
par unité d’angle solide Id(θ,ϕ) (W.sr−1) à l’intensité de l’onde incidente Iinc

(W.m−2) :

Id(θ,ϕ) =
d σ

dΩ
(θ,ϕ) Iin (1.3)

A l’aide de la relation 1.2, on obtient :

dσ

dΩ
= |td(�kin,�kout)|2 (1.4)

La puissance totale diffusée Pd est donnée par la section efficace de diffusion
σ définie comme :

Pd = σ Iin (1.5)

La section efficace de diffusion σ s’obtient en intégrant la section efficace
différentielle de diffusion dσ

dΩ
:

σ =

∫ ∫
d σ

dΩ
dΩ (1.6)
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Pour une diffusion isotrope, on a σ = 4π dσ
dΩ

.
On peut enfin remarquer que le théorème optique [102] qui est une

conséquence de la conservation de l’énergie nous permet de relier la section effi-
cace de diffusion σ et la partie imaginaire de l’amplitude diffusée vers l’avant :

σ =
4π

k0
Im(td(�kin,�kin)) (1.7)

1.1.3 Problématique de la diffusion multiple

Lorsqu’on envoie une onde sur un milieu diffusant, les différents diffuseurs
constituant ce milieu diffusent l’onde incidente. L’onde diffusée par un diffuseur
peut être à nouveau diffusée par un autre diffuseur et ainsi de suite. Dans une telle
situation de diffusion multiple, l’onde incidente se divise donc en une multitude
d’ondes partielles qui subissent chacune une succession de diffusions avant de
ressortir du milieu. Le parcours que suit l’onde partielle dans le milieu diffusant
est appelé chemin de diffusion. Il est repéré par la succession de diffuseurs par
lesquels l’onde est diffusée.

L’amplitude de l’onde totale diffusée par le milieu Ed s’obtient en sommant
sur tous les chemins de diffusion possibles les amplitudes des ondes partielles
ayant parcouru ces chemins :

Ed =
∑
i ε Γ

Ei
d (1.8)

où Γ représente l’ensemble des chemins de diffusion et Ei
d est l’amplitude de l’onde

partielle ayant suivi le chemin de diffusion i.

Σ Ed
i

i

Fig. 1.1 – Exemple de chemins suivis par les ondes partielles.

La quantité mesurée est généralement l’intensité de l’onde diffusée Id qui est
égale à :

Id ∝
∣∣∣∣∣∑

i ε Γ

Ei
d

∣∣∣∣∣
2

=
∑
iεΓ

|Ei
d|2 +

∑
i ε Γ

∑
j �=i

Ei
d Ej

d (1.9)
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L’intensité diffusée par le milieu se décompose donc en un terme dit ”incohérent”
correspondant à la somme des intensités des différentes ondes partielles et en
un terme dit ”cohérent” représentant les interférences entre les différentes ondes
partielles. Ces interférences entre les différentes ondes partielles se manifestent par
exemple par la figure de speckle qu’on observe lorsqu’on éclaire un échantillon
diffusant par une onde monochromatique comme un laser.

Dans cette thèse, nous ne nous intéresserons qu’à l’intensité moyenne diffusée
c’est à dire à l’intensité diffusée moyennée sur les configurations de position des
diffuseurs. Nous ne nous intéresserons pas aux moments d’ordre supérieur tels
que la variance ou la fonction de corrélation spatiale.

La question que l’on peut se poser est : peut-on ignorer les interférences lors-
qu’on s’intéresse à l’intensité moyenne diffusée? Lorsqu’on réalise une moyenne
de configuration qui est réalisée en pratique en agitant le diffuseur et en intégrant
suffisamment longtemps, on observe que la figure de speckle se lisse et on obtient
une intensité diffusée uniforme. Dans cet exemple, la moyenne de configuration
a conduit à éliminer l’effet des interférences qui était responsable de la figure de
speckle. Il semble donc que dans certains cas on peut négliger les interférences
lorsqu’on s’intéresse à l’intensité moyenne diffusée.

L’effet des interférences sur l’intensité moyenne diffusée dépend de la
hiérarchie entre les différentes longueurs caractéristiques du problème. Nous
définirons donc dans la partie suivante la hiérarchie des longueurs caractéristiques
pour laquelle nous étudierons la diffusion multiple.

1.1.4 Longueurs caractéristiques

Les longueurs caractéristiques associées à la propagation d’une onde dans un
milieu diffusant sont les suivantes :

λ : Longueur d’onde

n
−1/3
d : Distance moyenne entre les diffuseurs

σ1/2 : Rayon de la section efficace de diffusion des diffuseurs

L : Taille du milieu diffusant

A partir de la section efficace de diffusion et de la densité de diffuseurs nd, on
peut définir une autre longueur caractéristique appelée libre parcours moyen de
diffusion :

l =
1

nd σ

Nous verrons dans la suite que cette longueur représente la distance moyenne que
parcourt l’onde entre deux diffusions.

Le rôle des interférences dans la propagation de l’onde dans un milieu diffusant
dépend beaucoup de la hiérarchie entre ces différentes longueurs caractéristiques.
Nous nous intéresserons dans la suite à un seul régime dans lequel la hiérarchie
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λ�: longueur d'onde

L : taille de l'échantillon

nd
-1/3 : distance entre diffuseurs

σ : section efficace de diffusion

� =1 / ndσ : libre parcours moyen

entre les différentes longueurs caractéristiques est :

λ � n
−1/3
d � l < L (1.10)

L’inégalité λ � n
−1/3
d signifie que le milieu est dilué c’est à dire que la dis-

tance moyenne entre les diffuseurs n
−1/3
d est grande devant la longueur d’onde λ.

Dans cette situation, le déphasage entre les deux ondes diffusées par deux diffu-
seurs voisins sera grand devant 2π et dépendra de la position des diffuseurs. Ainsi,
lorsqu’on réalise une moyenne de configuration sur la position des diffuseurs, on
s’attend à ce que les interférences se moyennent et que l’on puisse ajouter l’in-
tensité des deux ondes diffusées. Nous verrons cependant que dans certains cas
particuliers des interférences entre ondes partielles résistent à la moyenne de
configuration.

n-1/3 >> λ

Différence de marche >> λ

<|E1+E2|2>=<|E1|2>+<|E2|2>

E1

E2

L’inégalité n
−1/3
d � l qui peut encore s’écrire σ1/2 � n

−1/3
d signifie que

le rayon de la section efficace de diffusion est petit devant la distance entre les
diffuseurs. Dans cette situation, les chemins de diffusions qui passent plus d’une
fois par un même diffuseur (chemins de diffusion récurrente) sont négligeables
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[62]. Ceci constitue l’approximation de diffusions indépendantes. Dans la suite,
nous ne tiendrons donc compte que des chemins de diffusion pour lesquels les
diffuseurs qui sont mis en jeu sont tous différents.

Les deux inégalités précédentes impliquent que λ � l. Ceci signifie que
l’onde diffusée par un diffuseur sera vue par les autres en champ lointain. On
considéra donc que l’onde diffusée par un diffuseur sera une onde plane pour
les autres diffuseurs. On pourra donc utiliser l’expression 1.1 de l’amplitude de
l’onde diffusée par un diffuseur pour décrire l’amplitude d’un chemin de diffusion
multiple. Le régime λ � l est appelé régime de localisation faible.

Enfin, l’inégalité l < L signifie que l’on ne peut pas négliger la diffusion
multiple devant la diffusion simple. Dans ce régime de diffusion multiple, nous
verrons que certaines interférences entre ondes partielles résistent à la moyenne
de configuration.

1.1.5 Milieu moyen

Dans le régime décrit précédemment, une interférence qui résiste à la moyenne
de configuration est l’interférence entre une onde incidente et les ondes diffusées
par les diffuseurs vers l’avant. En effet, on peut constater que la différence de
phase entre les ondes partielles diffusées vers l’avant et l’onde incidente ne dépend
pas de la position des diffuseurs. Cette interférence résiste donc à la moyenne de
configuration.

Différence de phase entre les différentes ondes
indépendante de la position des diffuseurs

L'interférence résiste à la moyenne de configuration

On peut montrer [63] que ces interférences conduisent à considérer la pro-
pagation moyenne de l’onde dans un milieu effectif moyen d’indice complexe
n : 1

n = 1 +
2π nd td(�k,�k)

k2
0

(1.11)

où nd est la densité de diffuseurs, td(�k,�k) est l’amplitude de diffusion vers l’avant
d’un diffuseur (voir page 158) et k0 = ω/c est le vecteur d’onde dans le vide.

On peut décomposer l’indice complexe en sa partie réelle n′ et sa partie ima-
ginaire n′′ (n = n′ + i n′′). La partie réelle n′ conduit à un changement de la
vitesse de phase de l’onde dans le milieu (c → c/n′). La partie imaginaire de

1. Cette relation est valable dans l’approximation de diffuseurs indépendants σ1/2 � n
−1/3
d

(voir page 161) et pour un indice proche de 1 : |n| ∼ 1



1.1. DIFFUSION MULTIPLE 163

l’indice donne une atténuation de l’onde incidente. Une onde se propageant sur
une distance z est donc atténuée de la quantité :

I(z) = I(z = 0) exp

(−z

l

)
, l =

k0

4π nd Im(t(�k,�k))
(1.12)

La quantité l sera appelée libre parcours moyen et représente la distance moyenne
au bout de laquelle l’onde est diffusée. En utilisant le théorème optique (voir page
159), on trouve que le libre parcours moyen est égal à :

l =
1

nd σ
(1.13)

Cette décroissance exponentielle de l’intensité d’une onde dans un milieu dif-
fusant avec une longueur caractéristique l = 1/ndσ est connue sous le nom de loi
de Lambert-Beer. Elle peut être démontrée simplement à l’aide de la conservation
de l’énergie et de la définition de la section efficace de diffusion 1.5.

Pour traiter le problème de diffusion multiple, nous ignorons les
interférences entre les ondes diffusées vers l’avant et l’onde incidente
mais nous supposerons que l’onde se propage dans le milieu effectif
moyen décrit précédemment. Ainsi, dans le milieu moyen, le mode de l’onde
incidente peut s’écrire :

Einc = E0 ei n′k0 z e−
z
2 l

Dans le milieu moyen, l’onde diffusée par un diffuseur se met sous la forme :

Ed(�r,t) ∝ t(�kin,�kout)
ei n′ k0 |
r−
rd|

|�r − �rd| e−
|�r−�rd|

2 l

1.1.6 Intensité diffusée en ne tenant pas compte des in-

terférences

La première approche que l’on peut utiliser pour traiter le problème de la
diffusion multiple est de négliger les interférences entre les différentes ondes par-
tielles se propageant dans le milieu moyen. Cette approche peut être justifiée de
la manière suivante. Dans le régime étudié (voir page 161), la différence de phase
entre les différentes ondes partielles dépend de la position des diffuseurs. Ainsi,
lorsqu’on réalise une moyenne de configuration sur la position des diffuseurs, on
peut s’attendre à ce que les interférences constructives et destructives se com-
pensent. La sommation incohérente des différentes ondes partielles semble donc
être une bonne approche pour déterminer l’intensité moyenne diffusée.

Avec cette approche, la propagation de l’intensité moyenne diffuse dans le
milieu peut être décrite comme une marche au hasard. Le pas de la marche au
hasard ∆r est donné par la densité de probabilité f(∆r) = 1

l
e−∆r/l. Le change-

ment de direction entre chaque pas est donné par la section efficace différentielle
de diffusion f(θ,ϕ) = 1

σ
dσ
dΩ

(θ,ϕ).
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Lorsque la taille du milieu est grande devant le libre parcours moyen (L � l) et
lorsqu’on est loin des bords, l’intensité moyenne diffuse est régie par une équation
de diffusion :

d I

dt
= D ∆I avec D =

vtr lt
3

(1.14)

où vtr est la vitesse de transport de l’onde dans le milieu et lt est le libre parcours
moyen de transport défini comme :

lt =
l

1 − g
, g =

∫ ∫
1

σ

d σ

dΩ
(θ,ϕ) cos θ dΩ (1.15)

Le libre parcours moyen de transport lt correspond à la distance moyenne au
bout de laquelle la direction de propagation de l’onde a été changée. Pour des
diffuseurs dont le diagramme de diffusion est symétrique avant arrière, le libre
parcours moyen de transport lt est égal au libre parcours moyen de diffusion l.
C’est le cas des diffuseurs dont la taille est plus petite que la longueur d’onde
(diffuseur Rayleigh). Pour des diffuseurs dont le diagramme de diffusion est piqué
vers l’avant ou vers l’arrière, le libre parcours moyen de transport est différent du
libre parcours moyen de diffusion. Pour simplifier le problème, nous considérerons
dans la suite que le libre parcours moyen de transport lt est égal au libre parcours
moyen de diffusion l.

Cette approche où ne tient pas compte des interférences permet de décrire
fidèlement la plupart des situations rencontrées en diffusion multiple. Par
exemple, elle permet de déterminer la transmission diffuse d’un échantillon dif-
fusant (voir figure 1.2).

L >> �

T  α  � / L

Transmission diffuse :

Fig. 1.2 – Transmission diffuse obtenue avec l’équation de diffusion (équivalent
de la loi d’Ohm pour les conducteurs).

1.1.7 Effet des interférences

Il existe certaines situations où l’approche décrite précédemment qui consiste
à négliger les interférences est mise en défaut.
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La situation où les interférences se manifestent le plus fortement a lieu lorsque
le libre parcours moyen est de l’ordre de la longueur d’onde (l ∼ λ). Dans ce
régime, la diffusion de l’onde dans le milieu est arrêtée (la constante de diffusion
s’annule). L’onde est alors localisée dans le milieu. Ce phénomène appelé locali-
sation forte ou localisation d’Anderson a été prévu par Anderson en 1958 [12]
dans le cadre de la physique du solide. Cependant, cet effet n’a jamais pu être
mis clairement en évidence expérimentalement.

Dans le régime que l’on étudie où l � λ, des effets d’interférences subsistent.
Ils se manifestent par une diminution relative de la constante de la diffusion
de l’ordre de (λ/l)2 par rapport à celle calculée sans tenir compte des effets
d’interférence [64]. On appelle cet effet localisation faible.

Les effets d’interférences se manifestent aussi par une surintensité de l’onde
diffusée dans la direction arrière. Cet effet appelé rétrodiffusion cohérente sera
étudié en détail dans la suite de ce chapitre.
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1.2 Rétrodiffusion cohérente

1.2.1 Principe

Nous avons vu que l’onde diffusée par un échantillon diffusant résulte de la
somme sur tous les chemins de diffusion possibles des ondes partielles parcou-
rant ces chemins. Nous avons aussi vu qu’à cause d’interférences résistant à la
moyenne de configuration, les ondes partielles se propagent dans un milieu moyen
caractérisé par une atténuation et un indice. Pour calculer l’intensité diffusée par
un échantillon diffusant, une première approche consiste à ne pas tenir compte
des interférences entre les différentes ondes partielles se propageant dans le milieu
moyen et donc à ajouter les intensités de ces différentes ondes partielles. Cette
approche permet de décrire fidèlement la plupart des situations où l’on s’intéresse
à la valeur moyenne de l’intensité diffuse. En effet, la différence de phase entre
les ondes partielles dépend généralement de la position des diffuseurs. On peut
donc s’attendre à ce que les effets des interférences disparaissent lorsqu’on réalise
une moyenne de configuration sur la position des diffuseurs.

Nous verrons dans cette partie que lorsqu’on s’intéresse à l’intensité moyenne
diffusée dans la direction arrière, on ne peut plus négliger les interférences entre
les différentes ondes partielles. En effet, ces interférences conduisent à une surin-
tensité de la lumière diffusée dans un petit secteur angulaire autour de la direc-
tion arrière. Ce phénomène est appelé rétrodiffusion cohérente. A cause de
sa forme, la surintensité de la lumière diffusée est appelée cône de rétrodiffusion
cohérente.

θ
0

Id

Fig. 1.3 – Rétrodiffusion cohérente.

L’interférence qui résiste à la moyenne de configuration a lieu entre l’onde
partielle parcourant un chemin de diffusion donné et l’onde partielle parcourant
le même chemin de diffusion en sens inverse. Dans le direction arrière, ces deux
ondes partielles parcourent un chemin identique et donc quelque soit la position
des diffuseurs, l’interférence entre ces deux ondes est constructive. On obtient
donc lorsqu’on réalise une moyenne de configuration une surintensité de la lumière
diffusée dans la direction arrière.
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Fig. 1.4 – Onde partielle parcourant un chemin de diffusion donné et onde par-
tielle parcourant le même chemin en sens inverse.

La rétrodiffusion cohérente a été mis en évidence expérimentalement dans le
milieu des années 80 avec de la lumière [65] [66]. De nombreuses études théoriques
et expérimentales de la rétrodiffusion cohérente ont ensuite été réalisées [72] [71]
[70] [73] [74]. La rétrodiffusion cohérente de la lumière a été observée sur des
milieux diffusants les plus divers allant des milieux diffusants les plus communs
(lait, peinture, papier...) jusqu’à la surface de la lune [88] et aux anneaux de
Saturne [87]. En 1993, la rétrodiffusion cohérente a été aussi observée pour une
onde acoustique [75].

Dans cette partie, nous présenterons une étude de la rétrodiffusion cohérente
dans un cas général. Cette étude a pour but de faire comprendre aux lecteurs le
principe du calcul de la rétrodiffusion cohérente et de donner les caractéristiques
du cône de rétrodiffusion cohérente en fonction des propriétés de l’échantillon
diffusant. Pour simplifier le problème, nous nous intéresserons dans un premier
temps à la rétrodiffusion cohérente pour une onde scalaire. Nous verrons ensuite
les changements induits par le caractère vectorielle d’une onde sur la rétrodiffusion
cohérente.

1.2.2 Rétrodiffusion cohérente pour une onde scalaire

Expression de l’intensité diffusée en tenant compte des interférences
entre chemins renversés

Cette partie a pour but de déterminer l’expression de l’intensité moyenne
diffusée par un échantillon diffusant en tenant compte des interférences entre une
onde partielle parcourant un chemin de diffusion donnée et l’onde parcourant
le même chemin en sens inverse. Nous appellerons ces deux chemins : chemins
renversés ou chemins réciproques.

Nous supposerons que l’onde incidente sur l’échantillon diffusant est une onde
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plane et monochromatique d’amplitude Ein et de vecteur d’onde �kin :

Ein(�r) = Ein ei
kin.
r (1.16)

L’intensité moyenne diffusée par l’échantillon peut s’écrire comme la somme
sur tous les chemins de diffusion possibles des ondes partielles parcourant ces
chemins :

Id(�r) ∝
〈∣∣∣∣∣∑

i ε Γ

Ei(�r)

∣∣∣∣∣
2 〉

(1.17)

où Γ représente l’ensemble des chemins de diffusion possible 2, Ei représente l’am-
plitude de l’onde partielle ayant suivie le chemin de diffusion i et 〈 〉 indique une
moyenne de configuration sur la position des diffuseurs.

En développant le module dans l’expression précédente, on peut décomposer
l’intensité diffusée en un terme incohérent représentant la somme des inten-
sités des différentes ondes partielles et en un terme cohérent représentant les
interférences entre les différentes ondes partielles :

Id ∝
∑
i ε Γ

〈|Ei|2〉 +
∑
i ε Γ

∑
j �=i

〈Ei Ej〉 (1.18)

Nous supposons à présent que seules les interférences entre les ondes qui par-
courent des chemins renversés résistent à la moyenne de configuration :

〈Ei Ej〉 = 0 sauf si i = j et si i et j sont des chemins renversés

Chaque chemin de diffusion possède un chemin reversé distinct excepté les
chemins de diffusion simple pour lesquels le chemin renversé est confondu avec
le chemin direct 3. Nous séparons donc l’ensemble des chemins de diffusion Γ
en les chemins de diffusion simple S et les chemins de diffusion multiple M. En
ne gardant que les interférences entre les amplitudes des chemins renversés, on
obtient donc pour l’intensité moyenne diffusée :

Id ∝
∑
i ε S

〈|Ei|2〉︸ ︷︷ ︸ +
∑
i ε M

〈|Ei|2〉︸ ︷︷ ︸ +
∑
i ε M

〈Ei Er
i 〉︸ ︷︷ ︸

IS IL IC

(1.19)

où Er
i représente l’amplitude de l’onde partielle ayant suivi le chemin renversé du

chemin de diffusion i.

2. Nous ne comptabilisons pas dans l’ensemble des chemins de diffusion multiple Γ les chemins
de diffusion récurrente. En effet, dans le régime étudié, la contribution des chemins de diffusion
récurrente est négligeable (voir page 161)

3. Ceci n’est pas vrai si on tient compte des chemins de diffusion récurrente. En effet, certains
chemins de diffusion récurrente ne possèdent pas de chemin renversé distinct.



1.2. RÉTRODIFFUSION COHÉRENTE 169

L’intensité moyenne diffusée par le milieu se décompose donc en trois termes.
Le premier qu’on appellera IS représente l’intensité diffusée par les chemins de dif-
fusion simple en ne tenant pas compte des interférences. Le deuxième terme qu’on
appellera IL représente l’intensité diffusée par les chemins de diffusion multiple
en ne tenant pas compte des interférences. Le troisième terme qu’on appellera IC

représente les interférences entre les chemins de diffusion multiple renversés.
Pour pouvoir expliciter ces trois termes, nous allons donner l’expression de

l’amplitude d’une onde partielle Ei.

Amplitude des ondes partielles

De manière analogue à l’onde diffusée par un diffuseur (voir page 158), l’am-
plitude d’une onde partielle ayant parcouru un chemin de diffusion i peut s’écrire
sous la forme :

Ei(�r) =
ei k0 |
r−
r i

out|

|�r − �r i
out|

ti(�kin,�kout) ei
kin.
r i
in Ein (1.20)

où �r i
in, �r i

out représentent les positions du premier et du dernier diffuseur du chemin

de diffusion i, ti(�kin,�kout) représente l’amplitude de l’onde partielle diffusée par le

chemin de diffusion i dans la direction (�r − �r i
out) ∝ �kout.

Lorsque la distance entre le point d’observation �r et l’échantillon diffusant
est grande devant les dimensions de l’échantillon diffusant, l’amplitude de l’onde
diffusée peut s’écrire :

Ei(�r) =
ei k0 r

r
e−i
kout.
r i

out ti(�kin,�kout) ei
kin.
r i
in Ein (1.21)

Intensité moyenne diffusée dans la direction arrière

En reportant l’expression 1.21 de Ei dans l’expression de l’intensité moyenne
diffusée 1.19, on trouve que l’intensité moyenne diffusée par unité d’angle solide
Id(�kout) (W sr−1) est égale à :

Id(�kout) = IS(�kout) + IL(�kout) + IC(�kout)

avec :

IS(�kout) = Iin

∑
i ε S

〈
|ti(�kin,�kout)|2

〉

IL(�kout) = Iin

∑
i ε M

〈
|ti(�kin,�kout)|2

〉

IC(�kout) = Iin

∑
i ε M

〈
ti(�kin,�kout) tri (

�kin,�kout) ei (
kin+
kout).(
r i
in−
r i

out)
〉

(1.22)
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où Iin ∝ |Ein|2 (W.m−2) est l’intensité de l’onde incidente et tri (
�kin,�kout) représente

l’amplitude du chemin de diffusion renversé du chemin de diffusion i.
L’intensité IC traduit l’interférence entre les ondes qui parcourent des che-

mins de diffusion renversés. Le terme ei (
kin+
kout).(
r i
in−
r i

out) dans l’expression de IC

représente la différence de phase géométrique entre les chemins de diffusion ren-
versés (voir figure 1.5). Cette différence de phase est nulle dans la direction arrière

(�kout = −�kin) quelle que soit la position des diffuseurs. En dehors de la direction
arrière, la différence de phase est non nulle et dépend de la position du diffuseur
d’entrée et du diffuseur de sortie 4. L’interférence entre les ondes qui parcourent
des chemins renversés résiste donc à la moyenne de configuration uniquement
dans la direction arrière. Le terme IC est donc non nul uniquement dans la direc-
tion arrière, on obtient ainsi une surintensité de l’onde diffusée dans la direction
arrière.

rin

rout

kin

kin

kout

kout

∆φ = (kin+kout)(rin-rout)

Fig. 1.5 – Différence de phase géométrique entre deux chemins renversés

Le secteur angulaire ∆θ dans lequel IC est non nul et donc dans lequel
l’interférence entre les ondes qui parcourent des chemins renversés résiste à la
moyenne de configuration est donné par (�kin + �kout).(�rin − �rout) < 1. Le secteur
angulaire ∆θ est donc de l’ordre de :

∆θ ∼ λ

|�rin − �rout|
Comme la distance moyenne entre deux diffusions successives est égale au libre
parcours moyen l, la distance entre le diffuseur d’entrée et le diffuseur de sortie
d’un chemin de diffusion est de l’ordre ou supérieure au libre parcours moyen l.
Le secteur angulaire où IC est non nul est donc de l’ordre de :

∆θ ∼ λ

l
(1.23)

4. Ce n’est pas vrai si le diffuseur de sortie et le diffuseur d’entrée sont les mêmes (diffusion
récurrente). Cependant, nous nous sommes placés dans un régime où l’on pouvait négliger les
chemins de diffusion récurrents (voir page 161).
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Nous nous sommes placés dans un régime où le libre parcours moyen est très
grand devant la longueur d’onde : l � λ (voir page 161). Le secteur angulaire ∆θ
correspondant à la surintensité de la lumière diffusée sera donc très petit devant
1 (∆θ � 1). Nous nous intéresserons donc dans la suite à l’intensité diffusée dans
un secteur angulaire ∆θobs très petit devant 1 autour de la direction arrière. Dans
ce secteur angulaire, le vecteur d’onde �kout peut s’écrire sous la forme :

�kout 	 −�kin + k0 θx �ux + k0 θy �uy , θx,θy � 1

kin

kout

uz

ux

uy

Dans le secteur angulaire étudié ∆θobs, nous supposerons que ti(�kin,�kout) est
constant. Ceci est une bonne approximation pour la plupart des échantillons
diffusants où le diagramme de diffusion des diffuseurs varie peu à l’échelle de
∆θobs � 1. En réalisant cette approximation, on obtient en utilisant l’expres-
sion 1.22 que l’intensité de diffusion simple IS et l’intensité de diffusion multiple
incohérente IL sont constantes :

IS(θx,θy) 	 IS(0,0)
IL(θx,θy) 	 IL(0,0)

Seule l’intensité IC représentant l’interférence entre les ondes parcourant des che-
mins renversés aura donc une dépendance angulaire à l’échelle de ∆θobs. L’inten-
sité diffusée dans la direction arrière autour d’un secteur angulaire ∆θobs � 1
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peut donc s’écrire sous la forme :

Id(θx,θy) = IS + IL + IC(θx,θy) , θx,θy � 1

avec :

IS = Iin

∑
i ε S

〈
|ti(�kin, − �kin)|2

〉

IL = Iin

∑
i ε M

〈
|ti(�kin, − �kin)|2

〉

IC(θx,θy) = Iin

∑
i ε M

〈
ti(�kin, − �kin) tri (

�kin, − �kin) ei k0(θx(x i
in−x i

out)+θy(y i
in−y i

out))
〉

(1.24)

θx0

Id(θx,θy)

IS

IL

IC(θx,θy)

∆θobs << 1

∆θ ~ λ/l

Fig. 1.6 – Cône de rétrodiffusion cohérente

Dans la suite de cette partie, nous discuterons de la forme et de la hauteur
du cône de rétrodiffusion cohérente.

Facteur d’amplification et réciprocité

Nous caractériserons le facteur d’augmentation de l’intensité diffusée dans la
direction arrière par le facteur d’amplification A défini comme :

A =
Id(0,0)

Id(∆θobs,∆θobs)
avec

λ

l
� ∆θobs � 1 (1.25)
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Le secteur angulaire ∆θobs est choisi suffisamment grand devant la largeur du
cône (∼ λ/l) afin d’avoir IC(∆θobs,∆θobs) = 0. A l’aide de l’expression 1.24, on
obtient donc:

A = 1 +
IC(0,0)

IL + IS

(1.26)

Le facteur d’amplification dépend donc du rapport entre IC(0,0) et IL + IS.
On constate sur l’expression 1.24 que IC(0,0) est maximum et égale à IL lorsque

les amplitudes des chemins renversés sont égales ti(�kin, − �kin) = tri (
�kin, − �kin)

c’est à dire lorsque le contraste de l’interférence entre l’amplitudes des chemins
renversés est maximum.

Une propriété de symétrie, la réciprocité [67] [68], permet dans certaines si-
tuations de prédire l’égalité entre l’amplitude du chemin direct et l’amplitude du
chemin renversé. Pour un processus de diffusion caractérisé par une amplitude de
diffusion t(�kin,�kout), le théorème de réciprocité s’écrit [61] [69] :

t(�kin,�kout) = t(−�kout, − �kin) (1.27)

On peut noter que la réciprocité est liée à la symétrie par renversement du temps
mais est une propriété plus générale. Le théorème de réciprocité peut s’appliquer
lorsque le milieu diffusant est invariant par renversement du temps. Par exemple,
pour des diffuseurs en mouvement ou en présence d’un champ magnétique, on ne
peut pas utiliser la réciprocité. Le théorème de réciprocité qui a été établi pour
des milieux linéaires ne peut non plus être utilisé pour des milieux non linéaires.

=

kin

kout

-kin

-koutt i(kin, kout) t i(-kout, -kin)r

Fig. 1.7 – Théorème de réciprocité pour les amplitudes des chemins de diffusion
multiple.

En appliquant le théorème de réciprocité à l’amplitude d’une onde partielle
diffusée dans la direction arrière, on en conclut que dans la direction arrière, les
amplitudes des chemins renversés sont égales :

ti(�kin, − �kin) = tri (
�kin, − �kin) (1.28)
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Lorsqu’on peut appliquer la réciprocité, on obtient donc d’après l’expression
1.24 que :

IC(0,0) = IL

Le facteur d’amplification est alors égal à :

A = 1 +
IL

IL + IS
(1.29)

Lorsque la réciprocité peut s’appliquer, le facteur d’amplification est donc
déterminé par le rapport entre la diffusion simple et la diffusion multiple. Il est
au maximum égal à A = 2 lorsque la diffusion simple est négligeable devant la
diffusion multiple. Pour un milieu tranche semi-infini avec des diffuseurs isotropes,
le facteur d’amplification est égal à A=1.87 [76] [77] (diffuseur scalaire).

Forme du cône de rétrodiffusion cohérente

Lorsqu’on peut appliquer le théorème de réciprocité, les amplitudes des che-
mins reversés sont égales et donc la forme du cône est donnée par :

IC(θx,θy) = Iin

∑
i ε M

〈
|ti(�kin, − �kin)|2 ei k0(θx(x i

in−x i
out)+θy(y i

in−y i
out))

〉
(1.30)

Ce terme IC(θx,θy) représente la somme de toutes les figures interférences entre
les ondes partielles ayant suivi des chemins de diffusion renversés. Le poids associé
à chaque figure d’interférence est donné par l’intensité de l’onde partielle ayant
suivi le chemin de diffusion correspondant |ti(�kin,−�kin)|2. La figure d’interférence
est décrite par le terme ei k0(θx(x i

in−x i
out)+θy(y i

in−y i
out)). On peut remarquer que cette

figure d’interférence est identique à la figure d’interférence de trous d’Young dont
la position des trous correspond à la position des diffuseurs d’entrée et de sortie
du chemin de diffusion considéré. La figure d’interférence entre deux ondes par-
tielles ayant suivi des chemins renversés correspond donc à des franges orientées
perpendiculairement au plan défini par (�kin, �r

i
out −�r i

in) avec un interfrange égal à
λ/∆r i

⊥ où ∆r i
⊥ est la distance transverse entre le diffuseur d’entrée et le diffuseur

de sortie (
−→
∆r i

⊥ = (x i
out − x i

in) �ux + (y i
out − y i

in) �uy).
On peut constater que la figure d’interférence entre deux ondes partielles ayant

suivi des chemins renversés ne dépend que du vecteur
−→
∆r i

⊥. Pour déterminer la
forme du cône de rétrodiffusion cohérente, nous regrouperons donc tous les che-

mins de diffusions multiples qui ont le même vecteur
−→
∆r i

⊥. Nous introduisons donc

la quantité δI(
−→
∆r⊥) représentant l’intensité moyenne diffusée par les chemins de

diffusion multiple dont la position transverse du diffuseur de sortie par rapport

au diffuseur d’entrée est
−→
∆r⊥. La quantité δI(

−→
∆r⊥) doit vérifier :∫ ∫

δI(
−→
∆r⊥) d

−→
∆r⊥ = IL
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θ

kin
θ

kin

∆r⊥

0 θ

λ / ∆r⊥

+

+

...

0 θ

θ
kin

kin
θ

∆r⊥

0 θ

λ / ∆r⊥

Fig. 1.8 – le cône de rétrodiffusion cohérente résulte de la somme de toutes les
figures d’interférence entre les ondes partielles ayant suivi des chemins renversés.

On peut introduire la quantité P (
−→
∆r⊥) = δI(

−→
∆r⊥)/IL représentant la probabilité

d’être diffusée par des chemins de diffusion multiple dont la position transverse

du diffuseur de sortie par rapport au diffuseur d’entrée est
−→
∆r⊥. En utilisant cette

quantité et l’expression 1.30, on obtient pour IC [70] [71] :

IC(θx,θy) = IL

∫ ∫
P (∆x,∆y) ei k0(θx ∆x+θy ∆y) d∆x d∆y (1.31)

La forme du cône de rétrodiffusion cohérente est donc donnée par
la transformée de Fourrier de la fonction P (∆x,∆y) représentant la
probabilité d’être diffusée par des chemins de diffusion multiple dont
la position transverse du diffuseur de sortie par rapport au diffuseur

d’entrée est
−→
∆r⊥ = ∆x �ux + ∆y �uy.

La parité de P (∆x,∆y) (P (−∆x,−∆y) = P (∆x,∆y)) assure que la quantité
IC est réelle et paire (IC(−θx, − θy) = IC(θx,θy)). Le cône est donc symétrique
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par rapport à son centre (symétrie centrale). On peut aussi noter que la largeur
du cône est inversement proportionnelle à la largeur de la fonction P (∆x,∆y).

La probabilité P (∆x,∆y) peut être déterminée par un modèle de marche au
hasard. Le pas de la marche au hasard ∆r est donné par la densité de probabilité
f(∆r) = 1

l
e−∆r/l. Le changement de direction entre chaque pas est donné par la

densité de probabilité f(θ,ϕ) = 1
σ

dσ
dΩ

(θ,ϕ). En utilisant une simulation de Monte
Carlo, on peut déterminer numériquement la quantité P (∆x,∆y) et donc la forme
du cône de rétrodiffusion cohérente.

La forme du cône de rétrodiffusion cohérente est donc déterminée par le libre
parcours moyen l, par le diagramme de diffusion des diffuseurs 1

σ
dσ
dΩ

(θ,ϕ) et par la
géométrie du milieu. Le libre parcours moyen agit sur la largeur angulaire du cône.
Plus le libre parcours moyen est grand et plus la fonction P (∆x,∆y) sera large et
donc plus le cône sera étroit. Une anisotropie transverse du diagramme de diffu-
sion se traduira donc par une anisotropie du cône de rétrodiffusion cohérente. De
même, une anisotropie transverse du milieu diffusant pourra conduire à une ani-
sotropie du cône. Pour un diagramme de rayonnement et un milieu diffusant iso-
trope transversalement, on obtiendra un cône isotrope (IC(θ) avec θ =

√
θ2

x + θ2
y).

Cône de rétrodiffusion cohérente en utilisant l’approximation de diffu-
sion

En utilisant l’équation de diffusion déterminant la propagation de l’inten-
sité dans le milieu, il est possible d’obtenir une solution analytique du cône de
rétrodiffusion cohérente pour un milieu tranche semi-infini [72]. Les conditions de
bord du milieu sont tenues en compte en utilisant la méthode ”des images”. Le
cône obtenu est alors donné par :

IC(θ) = IL
1

1 + 2 z0

l

1

(1 + k0 lt θ)2

(
1 +

1 − e−2 k0 z0 θ

k0 lt θ

)
(1.32)

où θ =
√

θ2
x + θ2

y , lt est le libre parcours moyen de transport (voir page 164) et
z0 = 0.71 l est une distance intervenant dans les conditions de bord de l’équation
de diffusion. Le cône de rétrodiffusion cohérente donnée par cette formule est
représenté sur la figure 1.32. On obtient une largeur à mi-hauteur ∆θ du cône de
rétrodiffusion égale à :

∆θ 	 0.7

k0 lt
(1.33)

Le cône est caractérisé par une forme triangulaire à son sommet. Cette discon-
tinuité de la dérivée au sommet provient d’une probabilité élevée d’être diffusés
par des chemins de diffusion pour lesquels le diffuseur d’entrée et le diffuseur de
sortie sont éloignés. En utilisant l’expression 1.31, une discontinuité de la dérivée
au sommet implique une divergence de la valeur quadratique moyenne de la dis-
tance entre le diffuseur de sortie et le diffuseur d’entrée 〈∆x2〉 → ∞, 〈∆y2〉 → ∞.
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Fig. 1.9 – Cône de rétrodiffusion cohérente pour un milieu tranche semi-infini
obtenu avec l’approximation de diffusion.

L’équation de diffusion utilisée pour calculer le cône de rétrodiffusion est va-
lable lorsque l’onde a subi un grand nombre de diffusions. Le calcul du cône de
rétrodiffusion cohérente est donc une mauvaise approximation pour la contribu-
tion des ordres de diffusion faibles. Les ordres faibles de diffusion pour lesquels
la distance entre le diffuseur d’entrée et de sortie est petite affecterons principa-
lement les ailes du cône. Ainsi le cône de rétrodiffusion cohérente obtenu avec
l’approximation de diffusion est une bonne approximation pour le centre du cône
mais constitue une mauvaise approximation pour les ailes du cône. En effet un
calcul exact du cône de rétrodiffusion cohérente [76] [77] montre que les ailes du
cône décroissent en 1/θ. Or l’expression 1.32 du cône obtenu avec l’approximation
de diffusion donne une décroissance des ailes en 1/θ2.

1.2.3 Rétrodiffusion cohérente avec des ondes vectorielles

Nous venons d’étudier la rétrodiffusion cohérente pour des ondes scalaires. Or,
la plupart des expériences sur la rétrodiffusion cohérente sont réalisées avec de la
lumière qui est une onde vectorielle. Nous examinerons donc dans cette partie les
modifications apportées par le caractère vectoriel de l’onde sur la rétrodiffusion
cohérente.

Les ondes vectorielles possèdent un degré de liberté supplémentaire par rap-
port aux ondes scalaires qui est la polarisation. La polarisation sera décrite par
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un vecteur unitaire complexe :

�ε = �ux → polarisation linéaire suivant l′axe x

�ε =
�ux + i �uy√

2
→ polarisation circulaire

Diffusion par un seul diffuseur

La diffusion d’une onde vectorielle par un seul diffuseur s’écrit de manière
analogue à la diffusion par une onde scalaire (voir page 158). Lorsqu’on envoie

sur un diffuseur une onde plane d’amplitude Ein, de vecteur d’onde �kin et de

polarisation �εin ( �E(�r) = Ein ei
kin.
r �εin), l’onde diffusée par le diffuseur en champ
lointain peut s’écrire :

�Ed(�r) =
ei k0 |
r−
rd|

|�r − �rd| td(�kin,�kout)�εin Ein ei
kin.
rd (1.34)

où td(�kin,�kout) est ici une matrice 3×3 déterminant l’amplitude et la polarisation
de l’onde diffusée. Comme la polarisation de l’onde est orthogonale au vecteur
d’onde, on a toujours :

td(�kin,�kout)�εin . �kout = 0

A partir de l’expression 1.34, on obtient pour la section efficace différentielle de
diffusion pour une onde vectorielle :

d σ

dΩ
= |td(�kin,�kout)�εin|2 (1.35)

Le diagramme de rayonnement du diffuseur qui est donné par la section efficace
différentielle de diffusion dépend en général de la polarisation de l’onde incidente.
On peut aussi noter que la polarisation de l’onde diffusée dépend de la direction
dans laquelle l’onde est diffusée. La polarisation de l’onde jouera donc un rôle
important dans la diffusion multiple.

Pour des diffuseurs dipolaires, on peut exprimer simplement la matrice de
diffusion td(�kin,�kout) :

td(�kin,�kout) =
1

4πε0

(�kout ∧ α�εin) ∧ �kout =
1

4πε0

(
α�εin − (α�εin.�kout)�kout

)
(1.36)

où α est la polarisabilité reliant le dipôle induit au champ électrique : �d = α�E.
Pour des diffuseurs dipolaires, la polarisation de l’onde diffusée s’obtient donc en
projetant le dipôle induit sur le plan perpendiculaire à �kout. Si le dipôle induit
est parallèle au champ électrique, la polarisation de l’onde diffusée s’obtient en
projetant la polarisation incidente sur le plan perpendiculaire à �εin.
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Canaux de polarisation

Nous avons vu que la polarisation de l’onde joue un rôle important pour la
diffusion par un seul diffuseur. Pour un milieu diffusant constitué de diffuseurs
répartis aléatoirement, la polarisation de l’onde sera aussi un facteur important.
Les propriétés de diffusion et en particulier le cône de rétrodiffusion cohérente
dépendront de la polarisation de l’onde incidente et de la polarisation de l’onde
détectée. Habituellement, on choisit d’étudier la rétrodiffusion cohérente dans
quatre canaux de polarisation (voir figure 1.10). La polarisation de l’onde inci-
dente pourra être soit linéaire ou circulaire et la polarisation détectée pourra être
soit identique ou soit orthogonale à la polarisation incidente.

Polarisation incidente Polarisation détectée

��⊥ �

h ⊥ h

Canal

kin

Ein

kout

Eout
kin

Ein

kin

Ein

kout

Eout

kin

Ein

kout

Eout

kout

Eout

h // h

���� �

Fig. 1.10 – Canaux de polarisation.

Expression de l’intensité moyenne diffusée dans la direction arrière

Comme pour une onde scalaire, l’onde diffusée par un milieu diffusant s’ob-
tient en sommant sur tous les chemins de diffusion les ondes partielles ayant
parcouru ces chemins. L’amplitude d’une onde partielle dépendra de la polarisa-
tion incidente �εin et de la polarisation détectée �εout :

�Ei(�r) .�εout =
ei k0 r

r
e−i
kout.
r i

out ti(�kin,�εin,�kout,�εout) ei
kin.
r i
in Ein (1.37)

où ti(�kin,�εin,�kout,�εout) représente l’amplitude de l’onde partielle diffusée par le

chemin de diffusion i dans la direction �kout et avec une polarisation �εout.
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Par un raisonnement identique à celui d’une onde scalaire, on trouve que
l’intensité moyenne diffusée dans la direction arrière avec une polarisation �εout

est égale à :

Id(θx,θy) = IS + IL + IC(θx,θy) , θx, θy � 1

avec :

IS = Iin

∑
i ε S

〈
|ti(�kin,�εin,−�kin,�εout)|2

〉

IL = Iin

∑
i ε M

〈
|ti(�kin,�εin,−�kin,�εout)|2

〉

IC(θx,θy) = Iin

∑
i ε M

〈
ti(�kin,�εin,−�kin,�εout) tri (

�kin,�εin,−�kin,�εout) ei k0(θx(x i
in−x i

out)+θy(y i
in−y i

out))
〉

(1.38)

Facteur d’amplification et réciprocité

Le facteur d’amplification du cône de rétrodiffusion cohérente est toujours
donné par :

A = 1 +
IC(0,0)

IS + IL

Le théorème de réciprocité qui permettait de prédire l’égalité entre IC(0,0) et
IL pour une onde scalaire s’exprime différemment pour une onde vectorielle. On
obtient pour l’amplitude d’une onde partielle ayant suivi un chemin de diffusion
i [69]:

ti(�kin,�εin,�kout,�εout) = tri (−�kout,�εout, − �kin,�εin) (1.39)

Dans cette expression, �ε représente le complexe conjugué de la polarisation. Pour
une polarisation linéaire (�ε = �ux), la conjugaison ne change pas la polarisation.

Pour une polarisation circulaire (�ε = 
ux+i 
uy√
2

), la conjugaison change le sens de
rotation du champ électrique.

En appliquant le théorème de réciprocité à l’amplitude d’une onde partielle
diffusée dans la direction arrière, on obtient :

ti(�kin,�εin, − �kin,�εout) = tri (
�kin,�εout, − �kin,�εin) (1.40)

Pour des ondes vectorielles, le théorème de réciprocité prédit donc l’égalité de
l’amplitude des chemins renversés dans la direction arrière uniquement lorsque
�εin = �εout. Les canaux de polarisation qui satisfont cette condition sont les canaux
parallèles : h ‖ h et l ‖ l. Pour une onde vectorielle, le théorème de réciprocité
prédit donc l’égalité entre IC(0,0) et IL uniquement dans les canaux h ‖ h, l ‖ l.
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Les conditions d’application du théorème de réciprocité sont les mêmes que pour
les ondes scalaires (voir page 173).

Dans les canaux de polarisation orthogonaux h ⊥ h et l ⊥ l, les amplitudes
des chemins renversés n’ont pas de raison d’être égales et ne le sont pas en général.
Sur la figure 1.11, nous avons donné un exemple où les amplitudes des chemins
renversés ne sont pas égales dans les canaux orthogonaux. Dans les canaux ortho-
gonaux h ⊥ h et l ⊥ l, le contraste de l’interférence entre les chemins renversés ne
sera pas maximum et on aura donc IC(0,0) < IL. On peut noter que dans le cas
particulier des chemins de diffusion double et de diffuseurs à symétrie sphérique,
les amplitudes des chemins renversés sont égales [73].

Canal l �� l : ti = 0 , ti
r = 0

Canal l ⊥ l : ti ≠ 0 , ti
r = 0

x

y

z

Fig. 1.11 – Exemple où l’amplitude du chemin direct est différent de l’amplitude
du chemin renversé dans les canaux orthogonaux. On a pris pour l’exemple des
diffuseurs dont le diagramme de rayonnement est dipolaire.

Diffusion simple

Le facteur d’amplification du cône de rétrodiffusion cohérente dépend du rap-
port entre la diffusion simple IS et la diffusion multiple IL. Nous étudierons donc
dans cette partie la proportion de diffusion simple dans les différents canaux de
polarisation.

Pour des diffuseurs à symétrie sphérique, l’onde diffusée dans la direction
arrière a la même polarisation que l’onde incidente (�εin = �εout). Un diffuseur
à symétrie sphérique se comporte donc pour la polarisation de l’onde diffusée
dans la direction arrière comme un miroir sous incidence normale. Ainsi, dans
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les canaux de polarisation h ‖ h et l ⊥ l, la diffusion simple est nulle dans
la direction arrière (IS = 0) pour un milieu diffusant constitué de diffuseurs à
symétrie sphérique.

Le fait que la polarisation de l’onde diffusée dans la direction arrière est iden-
tique à la polarisation incidente pour un diffuseur à symétrie sphérique peut se
montrer à partir des symétries du problème. Pour une onde incidente polarisée
linéairement, la direction de la polarisation et le vecteur d’onde de l’onde incidente
constitue un plan de symétrie. La polarisation de l’onde diffusée dans la direction
arrière ne peut donc être que linéaire et parallèle à la polarisation incidente. Une
polarisation incidente quelconque (polarisation elliptique) peut s’écrire comme
une combinaison linéaire de polarisations linéaires orthogonales. Par raison de
symétrie, le diffuseur se comporte de la même manière pour les deux polari-
sations linéaires orthogonales. Ainsi on obtiendra dans la direction arrière, une
onde diffusée avec la même combinaison linéaire des deux polarisations linéaires
orthogonales et donc avec la même polarisation que l’onde incidente.

εin
εout

Plan de symétrie
Diffuseur
à symétrie
sphérique

Lorsque les diffuseurs ne sont pas à symétrie sphérique, il faut connâıtre les
propriétés de diffusion des diffuseurs pour estimer la proportion de la diffusion
simple dans les différents canaux de polarisation.

Facteur d’amplification

Lorsqu’on peut appliquer le théorème de réciprocité et pour des diffuseurs
à symétrie sphérique, on obtient donc comme facteurs d’amplification dans les
différents canaux de polarisation :
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Canal Diffusion simple Contraste interférence Facteur d’amplification

h ‖ h IS = 0 IC(0) = IL A = 2

h ⊥ h IS �= 0 IC(0) < IL A = 1 + IC(0)
IL+IS

< 2

l ‖ l IS �= 0 IC(0) = IL A = 1 + IL

IL+IS
< 2

l ⊥ l IS = 0 IC(0) < IL A = 1 + IC(0)
IL

< 2

On constate que le facteur d’amplification est maximum et égal à 2 dans le
canal h ‖ h. Dans ce canal, la réciprocité permet de prédire l’égalité entre IC(0)
et IL et la diffusion simple est nulle pour des diffuseurs sphériques. L’obtention
d’un cône de rétrodiffusion cohérente avec un facteur d’amplification égal à 2
dans le canal h ‖ h constitue une prévision théorique forte. Elle a été vérifiée
expérimentalement avec une grande précision pour différent type d’échantillon
diffusant [62] [78].

Dans le régime étudié (voir page 161), les situations où le facteur d’amplifi-
cation du cône de rétrodiffusion cohérente n’est pas forcement égal à deux dans
le canal h ‖ h sont les suivantes :

– Diffuseurs à symétrie non sphérique dont la polarisation de l’onde diffusée
dans la direction arrière est différente de la polarisation incidente (IS �= 0).

– Milieu non invariant par renversement du temps (réciprocité non appli-
cable) : diffuseur en mouvement [79], champ magnétique [80].

– Milieu non linéaire (réciprocité non applicable).

– Diffusion inélastique, changement de la fréquence de l’onde à la diffusion
(réciprocité non applicable).

Forme du cône de rétrodiffusion cohérente

Dans les canaux de polarisation parallèle (h ‖ h, l ‖ l), la forme du cône de
rétrodiffusion cohérente est toujours donnée par la transformée de Fourrier de la
fonction P (∆x,∆y) représentant la probabilité d’être diffusée par des chemins de
diffusion multiple dont la position transverse du diffuseur de sortie par rapport au

diffuseur d’entrée est
−→
∆r⊥ = ∆x�ux + ∆y �uy. Pour un milieu en forme de tranche

semi-infini, la forme du cône sera assez bien représentée par l’expression du cône
1.32 obtenue pour une onde scalaire avec l’approximation de diffusion [72].

Dans les canaux de polarisation orthogonaux (h ⊥ h, l ⊥ l), la forme du cône
n’est plus donnée par la transformée de Fourrier de P (∆x,∆y). En effet, comme
les amplitudes des chemins renversés ne sont pas égales, il faut pondérer la
fonction P (∆x,∆y) par le contraste moyen de l’interférence entre les amplitudes
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des chemins renversés dont la position transverse du diffuseur de sortie par

rapport au diffuseur d’entrée est égale à
−→
∆r⊥.

Pour résumer, les interférences entre les ondes partielles qui suivent des che-
mins de diffusion renversés conduisent à une augmentation de l’intensité diffusée
dans d’un petit secteur angulaire autour de la direction arrière. Le facteur d’aug-
mentation de l’intensité diffusée est au maximum égal à 2. Ce facteur d’am-
plification de 2 est obtenu dans le canal de polarisation h ‖ h sous certaines
conditions qui sont habituellement vérifiées. La largeur angulaire de la surinten-
sité est donnée par le rapport entre la longueur d’onde et le libre parcours moyen
(∆θ 	 0.7/(k0 l)).
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1.3 Mesure de la rétrodiffusion cohérente

Dans cette partie, nous présenterons la technique expérimentale permettant
de mesurer le cône de rétrodiffusion cohérente avec de la lumière. L’observation
du cône de rétrodiffusion cohérente est facile à obtenir, cependant une mesure
précise du cône et en particulier du facteur d’amplification comprend de nom-
breuses difficultés expérimentales. Nous discuterons donc des effets systématiques
qui affectent la mesure du cône de rétrodiffusion cohérente et nous chercherons
à les minimiser. En fin de partie, nous présenterons des mesures de cône de
rétrodiffusion cohérente effectuées avec des diffuseurs classiques (lait, téflon). Ces
mesures ont pour but de montrer que notre montage est capable de mesurer
avec précision le cône de rétrodiffusion cohérente pour un gaz d’atomes froids de
strontium.

1.3.1 Montage Expérimental

Le montage expérimental doit permettre d’envoyer un faisceau laser sur un
échantillon diffusant et de mesurer la distribution angulaire de l’intensité diffusée
autour de la direction arrière. Le montage utilisé dans notre expérience est décrit
sur la figure 1.12. Ce type de montage a été utilisé dans la plus part des études
précédentes sur la rétrodiffusion cohérente de la lumière [65] [66].

Dans ce montage, on envoie un faisceau laser collimaté sur un échantillon
diffusant. On utilise une lame séparatrice semi-réfléchissante pour recueillir la
lumière diffusée dans la direction arrière. Une analyse angulaire de l’intensité dif-
fusée est réalisée à l’aide d’une caméra CCD (768 × 512 pixels) placée au foyer
d’une lentille 5. Ainsi, l’image qu’on acquiert sur la caméra correspond à la dis-
tribution angulaire de la lumière diffusée par l’échantillon. La focale de la lentille
utilisée détermine le champ angulaire de la détection.

On utilise des cubes polariseurs et des lames λ/4 et λ/2 pour choisir la po-
larisation du faisceau incident et la polarisation de la lumière diffusée détectée.
On peut ainsi mesurer le cône de rétrodiffusion cohérente dans les quatre ca-
naux de polarisation définis précédemment (voir page 179). La lame λ/4 qui per-
met d’obtenir une polarisation circulaire doit être impérativement placée entre
la séparatrice et le milieu diffusant pour la raison suivante. La lame séparatrice
a un coefficient de réflexion qui dépend de la polarisation incidente. Ainsi elle
transforme une polarisation circulaire incidente en une polarisation elliptique.
Pour obtenir une polarisation parfaitement circulaire au niveau du diffuseur, il
faut donc placer la lame λ/4 après la séparatrice.

Une des difficultés de ce montage est d’éliminer au niveau de la caméra la
lumière parasite qui ne provient pas de la lumière diffusée par l’échantillon. Pour

5. Afin d’améliorer la résolution angulaire de notre système de détection, nous avons utilisé
un doublet corrigeant l’aberration sphérique
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λ/2

Cube polariseur
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de Brewster

Cube polariseur

Caméra CCD refroidie (768 x 512 pixels)
placée au foyer de la la lentille
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Papier noir
Papier noir
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f' = 200 mm

Champ angulaire : 25 mrad

Faisceau collimaté de
waist w0=2.5 mm

Fig. 1.12 – Montage expérimental permettant d’acquérir le signal de rétrodiffusion
cohérente de la lumière

cela, on bloque le faisceau laser réfléchi par la lame séparatrice avec une densité
à l’angle de Brewster. Les faisceaux résiduels transmis et réfléchis par la densité
sont bloqués à l’aide de deux papiers noirs. Pour éliminer la lumière parasite
provenant du faisceau réfléchi sur la deuxième face de la lame séparatrice, on
utilise une lame séparatrice avec une face traitée antireflet et avec un angle entre
les deux faces. Il faut placer la face réfléchissante de la lame séparatrice du coté
du diffuseur pour éviter que la lumière diffusée par l’échantillon voie un prisme
qui crée une asymétrie angulaire.

Nous verrons dans la suite qu’il faut un faisceau laser de bonne qualité spatiale
pour obtenir une mesure précise du facteur d’amplification. Nous faisons donc
passer le faisceau laser par un trou de filtrage spatial pour obtenir un faisceau de
bonne qualité spatiale.
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Fig. 1.13 – Distribution angulaire de l’intensité diffusée par un échantillon diffu-
sant de polystyrène lorsqu’il est immobile et lorsqu’il est en mouvement (moyenne
de configuration): image, coupe. (Canal de polarisation h ‖ h)

Lorsqu’on mesure la distribution angulaire de l’intensité diffusée par un
échantillon diffusant immobile, on obtient une figure de speckle (voir figure
1.13). L’observation du cône de rétrodiffusion cohérente nécessite de réaliser une
moyenne de configuration sur la position des diffuseurs. En pratique, pour réaliser



188 CHAPITRE 1. DIFFUSION MULTIPLE

cette moyenne de configuration, on bouge le diffuseur en le faisant par exemple
tourner avec un moteur et on acquiert la lumière diffusée pendant un temps
suffisamment long. Ainsi, la figure de speckle se lisse et on observe un pic de
surintensité de la lumière diffusée dans la direction arrière qui est le cône de
rétrodiffusion cohérente (voir figure 1.13). Pour un milieu diffusant liquide (lait,
peinture), les diffuseurs sont en mouvement, il suffit donc d’acquérir le signal
pendant un temps suffisamment long pour réaliser la moyenne de configuration.

La rétrodiffusion cohérente est un phénomène robuste, il s’observe avec n’im-
porte quelle type de milieu diffusant où la diffusion multiple est présente : lait,
peinture, papier, polystyrène, téflon... Il peut être aussi observé par des milieux
absorbants comme du papier noir. L’absorption ne modifie pas le contraste de
l’interférence entre les amplitudes des chemins renversés [74], elle diminue sim-
plement l’amplitude des chemins de diffusion longs.

Dans la suite de cette partie, nous estimerons les effets systématiques qu’in-
duisent le montage sur la mesure du cône de rétrodiffusion cohérente.

1.3.2 Lieu d’observation de la rétrodiffusion cohérente

La position de la caméra est un point critique pour l’observation du cône de
rétrodiffusion. Si la caméra est mal positionnée, la différence de phase entre les
ondes parcourant des chemins de diffusion renversés n’est pas exactement nulle et
donc le facteur d’amplification du cône de rétrodiffusion cohérente observé sera
plus petit.

Si le faisceau laser incident est parfaitement collimaté, la différence de phase
entre l’onde qui parcourt le chemin direct et l’onde qui parcourt le chemin renversé
est nulle à l’infini. On doit donc placer la caméra au foyer de la lentille pour obtenir
un cône avec un facteur d’amplification non diminué.

Le réglage de la position de la caméra peut être réalisé en remplaçant
l’échantillon diffusant par un miroir et en positionnant la caméra de telle façon
que le faisceau laser soit focalisé au niveau de celle ci. Cette procédure est va-
lable uniquement si la collimation du faisceau laser est parfaite. En effet, si le
faisceau laser est légèrement divergeant ou convergeant, la position de la caméra
où le faisceau laser est focalisé ne correspond pas la position de la caméra pour
laquelle la différence de phase entre les ondes parcourant des chemins de diffusion
renversés est nulle (voir figure 1.14).

Pour une onde incidente sphérique provenant d’un point source S, l’endroit
où la différence de marche est nulle entre le chemin direct et renversé est situé sur
le point source S. Or, l’image du point source par le miroir S ′ est le symétrique
de S par rapport au miroir. La position de la caméra CCD où il faut observer
la rétrodiffusion cohérente n’est donc pas la même que la position de la CCD
où le faisceau laser est focalisé. On peut remarquer que le pic de rétrodiffusion
cohérente s’observe à l’endroit où un miroir à conjugaison de phase focaliserait
le faisceau.
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Fig. 1.14 – Comparaison entre le lieu d’observation de la rétrodiffusion cohérente
et le lieu où se focalise le laser en remplaçant le diffuseur par un miroir.
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Fig. 1.15 – Facteur d’amplification sur du lait dilué en fonction de la position de
la caméra. Le canal de polarisation est h ‖ h. La largeur à mi-hauteur du cône
de rétrodiffusion cohérente est égale à 0.2 mrad. La focale de la lentille utilisée
devant la caméra est égale à f = 200 mm.
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Le réglage de la caméra CCD doit donc se faire en mesurant le facteur d’am-
plification en fonction de la position de la caméra (voir figure 1.15). La caméra
doit alors être placée où le facteur d’amplification est maximum. Afin d’obtenir
une bonne précision de positionnement de la caméra, le milieu utilisé doit avoir
un libre parcours moyen assez grand et donc le cône de rétrodiffusion cohérente
doit avoir une faible largeur angulaire. En effet, plus la distance entre le diffuseur
d’entrée et le diffuseur de sortie d’un chemin de diffusion sera grande, plus la
différence de marche entre le chemin renversé et le chemin direct dépendra de la
position d’observation.

1.3.3 Limitations expérimentales

Nous étudierons dans cette partie les différentes limitations expérimentales qui
peuvent diminuer le facteur d’amplification du cône de rétrodiffusion cohérente
observé.

Taille finie et qualité spatiale du faisceau laser

On suppose dans la théorie de la rétrodiffusion cohérente que l’onde incidente
sur le milieu diffusant est une onde plane d’extension transverse infinie. Or, dans
les expériences de rétrodiffusion cohérente de la lumière, on utilise un faisceau
laser de taille finie pouvant présenter certains défauts. Nous allons examiner dans
cette partie l’influence de la taille du faisceau et de ces éventuels défauts sur les
caractéristiques du cône de rétrodiffusion cohérente observé.

Lorsque l’échantillon diffusant est éclairé par un faisceau présentant des
défauts de front d’onde ou d’intensité, les amplitudes des ondes partielles qui
parcourent des chemins de diffusion renversés ne sont pas tout à fait égales (voir
figure 1.16). Le facteur d’amplification obtenu avec un faisceau de mauvaise qua-
lité sera donc réduit. Afin d’éviter cette source de diminution du facteur d’ampli-
fication du cône observé, nous utilisons un faisceau laser issu d’un trou de filtrage
spatial.

Lorsque l’échantillon diffusant est éclairé par un faisceau laser de dimension
plus petite que l’échantillon, certains chemins de diffusion peuvent avoir leur
diffuseur de sortie en dehors du faisceau laser (voir figure 1.17). Les chemins
renversés associés à ces chemins ont donc une amplitude nulle. Comme le cône de
rétrodiffusion cohérente provient de l’interférence entre les ondes parcourant des
chemins de diffusion renversés, le facteur d’amplification du cône de rétrodiffusion
cohérente est donc diminué par rapport à un faisceau laser de taille infinie.

Afin que le cône de rétrodiffusion cohérente ne soit pas affecté par la dimension
finie du faisceau, le diamètre du faisceau doit donc être très grand devant la
distance entre le diffuseur d’entrée et de sortie des différents chemins de diffusion.
L’échelle de longueur déterminant la distance entre le diffuseur de sortie et le
diffuseur d’entrée d’un chemin de diffusion étant le libre parcours moyen l, le
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Faisceau laser incident
présentant des défauts

Amplitude chemin direct = Amplitude chemin renversé

Fig. 1.16 – Effet des défauts de front d’onde ou d’intensité du faisceau laser sur
la rétrodiffusion cohérente.

Faisceau laser incident

Amplitude du chemin
renversé nulle

Fig. 1.17 – Effet de la taille finie du faisceau laser sur la rétrodiffusion cohérente.

faisceau laser devra avoir un waist w0 très grand devant le libre parcours moyen
l pour ne pas diminuer le facteur d’amplification du cône observé.

Pour des milieux invariants par translation transverse au faisceau incident,
on peut montrer [86] que le cône observé correspond au produit de convolution
entre le cône qu’on obtiendrait avec une onde plane Iop et le spectre angulaire du
faisceau Slaser :

I(θx,θy) =

∫ ∫
Iop(θ

′
x,θ

′
y) Slaser(θx − θ′x,θy − θ′y) dθ′x dθ′y
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où Slaser est le spectre angulaire normalisé du laser égal à :

Slaser(θx,θy) =

∣∣∣∣∫ ∫
E(x,y,z) e−i k θx x e−i k0 θy y dx dy

∣∣∣∣2
4π2

k2
0

∫ ∫
|E(x,y,z)|2 dx dy

,

∫ ∫
Slaser(θx,θy) dθx dθy = 1

On peut noter que le spectre angulaire est indépendant de la position z du faisceau
par rapport au diffuseur.

Pour un faisceau gaussien de waist w0, on obtient comme spectre angulaire :

Slaser(θx,θy) =
1

2π σ2
θ

e
− θ2

x+θ2
y

2 σ2
θ , σθ =

1

k0 w0

Pour un milieu invariant par translation transverse, le cône de rétrodiffusion
cohérente obtenu avec un faisceau laser de waist w0 sera donc le produit de
convolution entre le cône obtenu avec un faisceau laser de waist infiniment grand
et une gaussienne d’écart type 1/(k0 w0).

Pour un milieu non invariant par translation transverse, un milieu de dimen-
sion fini par exemple, il n’existe pas de relations simples qui déterminent les modi-
fications du cône de rétrodiffusion cohérente induites par les dimensions finies du
faisceau. On peut tout de même remarquer que si le waist du faisceau est grand
devant les dimensions de l’échantillon diffusant, l’onde incidente sur l’échantillon
diffusant peut être assimilée à une onde plane et donc le cône observé ne sera pas
modifié par la taille finie du faisceau.

Nous utiliserons pour notre expérience un faisceau avec un waist égal à ω0 =
2.5 mm. Avec ce waist, on obtient un spectre angulaire d’écart type σθ = 29 µrad
(largeur totale à mi-hauteur : 68 µrad). Le cône de rétrodiffusion cohérente sur
un milieu invariant par translation transverse au faisceau sera donc convolué par
une gaussienne d’écart type 29 µrad. Si le cône observé est large devant 29 µrad,
la taille finie du faisceau laser aura uniquement pour conséquence d’arrondir le
sommet triangulaire du cône sur une largeur de 29 µrad. Pour un milieu diffusant
de dimension petite devant le waist du faisceau ω0, le cône de rétrodiffusion
cohérente observé ne sera pas affecté par la taille finie du faisceau.

Résolution angulaire du système de détection

Notre système de détection utilisé pour mesurer la distribution angulaire de
l’intensité diffusée par l’échantillon a une résolution angulaire finie provenant
des aberrations sur les optiques et de la taille des pixels de la caméra 6. Cette

6. La résolution angulaire maximum de notre système de détection correspond à la limite de
diffraction. Cet effet a déjà été pris en compte dans la partie précédente en examinant l’influence
de la taille finie du faisceau sur le cône de rétrodiffusion cohérente observé.
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résolution angulaire finie du système de détection aura des conséquences sur le
cône de rétrodiffusion cohérente mesuré si la largeur du cône est voisin de la limite
de résolution.

Dans notre montage, un pixel de la caméra correspond à un secteur angulaire
de 48.3 µrad. Pour ne pas être affecté par la taille finie des pixels, le cône devra
donc avoir une largeur grande devant 48.3 µrad.

Pour mesurer la résolution angulaire de notre système de détection provenant
des aberrations, nous avons mesuré le cône de rétrodiffusion cohérente sur du lait
(géométrie tranche semi-infini) de plus en plus dilué (voir figure 1.18). Supposons
dans un premier temps que la résolution angulaire du système de détection est
infinie. Le cône de rétrodiffusion cohérente est alors égal au produit de convolution
entre le cône qu’on observerait avec une onde plane et la distribution angulaire
du laser. Comme la largeur du cône est proportionnelle à la densité de diffuseur
(∆θ ∝ 1/l ∝ nd), le cône s’affine de plus en plus lorsqu’on dilue le lait. Le
cône observé avec un faisceau de taille finie cesse de s’affiner lorsque la largeur
du cône atteint la largeur de la distribution angulaire du faisceau. Ainsi, pour
du lait infiniment dilué, le cône observé correspond à la distribution angulaire
du faisceau. A présent, si on tient compte de la résolution angulaire finie du
système de détection, le cône observé par du lait infiniment dilué correspond à la
distribution angulaire du faisceau affectée par la résolution angulaire du système
de détection.
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Fig. 1.18 – Rétrodiffusion cohérente sur du lait dilué : largeur à mi-hauteur du
cône ∆θ en fonction de la dilution (canal h ‖ h, faisceau w0 = 2.5 mm)

On constate sur la figure 1.18 que la largeur à mi-hauteur du cône de
rétrodiffusion cohérente est égale à ∆θ = 0.1 mrad pour du lait de plus en plus
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dilué. La largeur à mi-hauteur de la distribution angulaire du faisceau incident de
waist 2.5 mm est égale 0.07 mrad. On peut donc en conclure que la résolution an-
gulaire de notre système de détection augmente la largeur du cône de 0.07 mrad
à 0.1 mrad. La résolution angulaire de notre système de détection est donc au
maximum égale à 0.1 mrad. La résolution finie de notre système de détection
n’affectera donc pas des cônes qui ont une largeur grande devant 0.1 mrad.

Canaux de polarisation

Les optiques de polarisation utilisées pour définir les canaux de polarisation
ne sont pas parfaites. Lorsqu’on remplace le milieu diffusant par un miroir, on ob-
tient une extinction de l’ordre de 10−3 dans les canaux h ‖ h et l ⊥ l. Ces défauts
des optiques de polarisation ont pour conséquence de mélanger légèrement les
différents canaux de polarisation. Si les intensités diffusées dans les différents
canaux de polarisation sont comparables, une extinction 10−3 des éléments po-
larisants aura des répercussions de l’ordre de 10−3 sur le cône de rétrodiffusion
cohérente mesuré. Par contre si les intensités entre les différents canaux sont
fortement déséquilibrées, une extinction de 10−3 des éléments polarisants peut
conduire à un changement significatif du cône mesuré.

Uniformité de la réponse angulaire de notre système de détection

Notre système de détection doit avoir une réponse uniforme en fonction de la
direction de l’intensité diffusée afin que l’image sur la caméra restitue fidèlement
la distribution angulaire de l’intensité diffusée. Le champ angulaire sur lequel nous
acquérons la distribution angulaire est égal à ∆θobs = 25 mrad. Notre système
de détection doit donc avoir une réponse uniforme sur une plage angulaire de
25 mrad.

Sur ce champ angulaire de 25 mrad, on peut considérer que le coefficient de
réflexion de la lame séparatrice est constant et que la réponse des éléments de
polarisation est uniforme. La taille finie des optiques peut par contre induire une
réponse non uniforme de notre système de détection (voir figure 1.19). Un élément
optique de diamètre φe et à une distance de de l’échantillon diffusant induira une
réponse non uniforme à partir d’un angle θm :

θm =
φe − φd

2 de

où φd est le diamètre de la zone éclairée sur l’échantillon diffusant.

Ainsi, pour obtenir une réponse uniforme sur un champ angulaire ∆θobs, le
diamètre des optiques φe constituant le système de détection de la rétrodiffusion
cohérente doit satisfaire :

φe > de ∆θobs + φd (1.41)
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Fig. 1.19 – Non-uniformité du champ causée par la taille fine des optiques.

Pour obtenir une réponse angulaire uniforme, il faut donc placer l’échantillon
diffusant le plus proche des optiques et choisir des optiques de diamètre suffisam-
ment grand. Dans les conditions de notre expérience (φd < 5 mm, de < 30 cm,
∆θobs = 25 mrad), des optiques de diamètre 25 mm suffisent 7.

1.3.4 Acquisition du cône, traitement des images,

détermination du facteur d’amplification

Acquisition du cône de rétrodiffusion cohérente

La distribution angulaire de l’intensité diffusée est donnée par l’image de la
caméra CCD placé au foyer de la lentille. Le temps d’acquisition de l’image doit
être choisi suffisamment long pour moyenner le speckle. On enregistre une image
avec un échantillon diffusant et une image sans l’échantillon diffusant 8 puis on
soustrait ces deux images. Grâce à cette procédure, on élimine la lumière parasite
résiduelle présente sur l’image.

La calibration angulaire de l’image est obtenue en remplaçant l’échantillon
diffusant par un miroir avec une monture orientable dont l’orientation est calibrée
angulairement. La mesure du déplacement du spot du laser sur la caméra en
fonction de l’orientation du miroir nous donne ainsi une calibration angulaire des
images : 48.3 µrad/pixel.

Afin de comparer l’intensité diffusée par l’échantillon dans les différents ca-

7. Comme la lame séparatrice est utilisée à 45o, il faut utiliser pour cet élément un diamètre
plus grand.

8. Lors de la prise de l’image sans échantillon diffuseur, il faut parfaitement bloquer le faisceau
laser afin qu’il n’induise pas de lumière au niveau de la caméra.
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naux de polarisation, nous avons mesuré le coefficient de réflexion de la lame
séparatrice pour les deux polarisations linéaires orthogonales. Nous avons trouvé :
RTE = 64.3% ± 1%, RTM = 36.4% ± 1%.

Traitement des images

On obtient donc avec cette procédure une image représentant la distri-
bution angulaire de l’intensité diffusée dans la direction arrière. A partir de
cette image, nous allons donner la procédure qui nous permet de déterminer
le plus précisément possible le facteur d’amplification et la forme du cône de
rétrodiffusion cohérente.

La première étape consiste à repérer le centre du cône de rétrodiffusion
cohérente. A cause du bruit sur l’image, le centre du cône ne correspond pas
toujours au pixel le plus haut. Pour déterminer de manière précise le centre du
cône, on cherche le barycentre des pixels autour du sommet.

Si le cône est isotrope c’est à dire que I(θx,θy) ne dépend que de θ =
√

θ2
x + θ2

y ,
on peut réaliser une moyenne angulaire de l’image autour du centre obtenu
précédemment. Une coupe de l’image obtenue nous donne donc la distribution
angulaire de l’intensité diffusée I(θ). Cette procédure de moyennage nous permet
de diminuer le bruit sur le cône. Le moyennage est d’autant plus efficace que
l’on est loin du centre. On peut noter que le centre du cône n’a pas subit de
moyennage.

Si le cône n’est pas isotrope, on peut réaliser une symétrie de l’image par
rapport à son centre. Le cône de rétrodiffusion présente toujours cette symétrie
centrale (voir page 175). Il est aussi possible de réaliser une moyenne angulaire
sur un faible secteur angulaire.

Détermination du facteur d’amplification

Pour déterminer le facteur d’amplification du cône, nous devons mesurer l’in-
tensité au centre du cône et l’intensité loin dans les ailes .

A =
I(θ = 0)

I(θ � ∆θ)

En première approche, l’intensité au centre du cône est déterminée par l’in-
tensité du pixel centrale. Comme on ne peut pas réaliser de moyenne sur le pixel
central, le bruit sur le pixel central correspond au bruit sur l’image. On peut
déterminer de manière plus précise l’intensité du sommet du cône en réalisant
un fit des points proches du sommet par une fonction que l’on pense représenter
la forme du cône à son sommet. A cause de la taille finie du faisceau ou de
l’échantillon diffusant, la distance entre le diffuseur de sortie et le diffuseur
d’entrée des chemins de diffusion est limitée. Le cône obtenu ne présente donc pas
de discontinuité à son sommet, il est arrondi. Nous utiliserons donc une parabole
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pour fiter les points autour du sommet du cône et donc pour déterminer ainsi
l’intensité au centre du cône.

La détermination de l’intensité en dehors du cône est réalisé sur l’image
moyenne angulairement et en prenant l’intensité au bord de l’image. Pour obtenir
une mesure précise, il faut avoir un champ angulaire suffisamment pour mesu-
rer l’intensité dans une zone où l’intensité dans les ailes du cône est négligeable.
La précision de la détermination du fond incohérent de diffusion est donnée par
l’uniformité du fond incohérent de diffusion.

1.3.5 Résultats sur diffuseurs classiques

Dans cette partie, nous présenterons les mesures de cône de rétrodiffusion
cohérente effectuées sur des diffuseurs classiques. Le but essentiel de ces mesures
est montrer que notre montage est capable de mesurer avec précision le cône de
rétrodiffusion cohérente pour un gaz d’atomes froids de strontium.

Le champ angulaire choisi pour mesurer le cône de rétrodiffusion cohérente
résulte d’un compromis qui dépend de largeur du cône. Le champ angulaire doit
être suffisamment grand pour mesurer avec précision le fond incohérent de dif-
fusion (I(θ � ∆θ)). Comme le nombre de pixels de la caméra CCD est limité,
le champ angulaire doit être suffisamment petit pour mesurer avec précision le
centre du cône et l’intensité à son sommet. Nous avons choisi pour notre mon-
tage un champ angulaire de 25 mrad donnant une résolution angulaire égale à
48.3 µrad/pixel. Ce champ angulaire est bien adapté pour mesurer des cônes de
rétrodiffusion de largeur de l’ordre de 0.5 mrad correspondant à la largeur du
cône sur notre gaz d’atomes froids de strontium.

Nous avons choisi de mesurer la rétrodiffusion cohérente sur du lait et du
téflon car la largeur du cône sur ces échantillons diffusants est aussi de l’ordre de
0.5 mrad.

Géométrie tranche semi-infini

Nous avons mesuré le cône sur des échantillons diffusants tranches : cuve de
lait, plaque de téflon. L’épaisseur optique de ces échantillons peut être considérée
comme infinie. Nous avons placé devant l’échantillon diffusant un diaphragme
avec un diamètre légèrement supérieur au faisceau. Ce diaphragme a pour but
d’empêcher les ondes qui suivent des chemins de diffusions qui sortent du faisceau
d’être détectées. Il permet donc de limiter la diminution du facteur d’amplification
causée par la taille finie du faisceau. Les résultats obtenus sont données sur les
figures 1.20, 1.21, 1.22. Nous avons indiqué pour chaque canal de polarisation le
facteur d’amplification A et la largeur à mi-hauteur ∆θ.

Rappelons que dans le canal h ‖ h, le facteur d’amplification est égal à 2 si
on peut appliquer le théorème de réciprocité au milieu diffusant et si la diffusion
simple n’est pas dépolarisée. Pour le lait et le téflon, à priori rien n’empêche



198 CHAPITRE 1. DIFFUSION MULTIPLE

d’appliquer la réciprocité, on a donc IC(0) = IL. Par contre, comme on ne connâıt
pas les propriétés de diffusion des diffuseurs présents dans le lait et le téflon, on
ne peut pas assurer que la diffusion simple est nulle dans le canal h ‖ h.

On obtient respectivement pour le lait et le téflon des facteurs d’amplification
dans le canal h ‖ h égaux à 1.92 et 1.81. Nous obtenons donc des facteurs d’am-
plification proche de 2. L’écart par rapport à un facteur d’amplification de 2 peut
provenir de la présence de la diffusion simple ou de limitations expérimentales
telles que la taille finie du faisceau ou la résolution angulaire du système de
détection.

Dans le canal l ‖ l, on obtient aussi un facteur d’amplification élevé mais
inférieure à celui du canal h ‖ h. Comme la réciprocité assure aussi l’égalité entre
l’amplitude des chemins renversés dans ce canal, la différence provient d’une
intensité de diffusion simple plus élevée dans le canal l ‖ l que dans le canal
h ‖ h.

En supposant que la forme du cône dans les canaux h ‖ h et l ‖ l est proche de
celle donnée pour un milieu semi-infini avec une onde scalaire, la largeur des cônes
observés est égale à 0.7/k0 lt. En appliquant cette formule aux cônes observés sur
lait et téflon dans les canaux h ‖ h et l ‖ l, on obtient un libre parcours moyen
de transport dans le lait et le téflon égal environ à 0.1 mm.

Dans les canaux orthogonaux h ⊥ h et l ⊥ l, les facteurs d’amplification
obtenus sont beaucoup plus petits que dans les canaux parallèles. En effet, dans
les canaux orthogonaux, rien n’assure l’égalité entre IC(0) et IL. Sur lait, on
obtient un cône avec un facteur d’amplification de l’ordre 1.2 et sur téflon on
n’observe même pas cône de rétrodiffusion cohérente.

On peut enfin noter que l’anisotropie des cônes sur lait dans les canaux l ‖ l et
l ⊥ l reflète l’anisotropie du diagramme de diffusion des diffuseurs présent dans
le lait pour une polarisation incidente linéaire.
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h ‖ h l ‖ l polar. horizontale

A = 1.92 Ifond = 11.0 A = 1.83 Ifond = 12.2

∆θ = 0.41 mrad ∆θ‖ = 0.48 mrad ∆θ⊥ = 0.39 mrad

h ⊥ h l ⊥ l

A = 1.17 Ifond = 11.2 A = 1.21 Ifond = 9.5

∆θ = 1.5 mrad ∆θ‖,⊥ = 0.42 mrad ∆θ45o = 0.48 mrad

Fig. 1.20 – Cône de rétrodiffusion cohérente sur du lait pur (milieu semi-infini)
avec un faisceau laser de longueur d’onde 461 nm, de waist 2.5 mm. Un dia-
phragme de la taille du faisceau a été placé devant le diffuseur. L’intensité du
fond Ifond = IS + IL est donnée en unité arbitraire. Le champ angulaire des
images correspond à 9.66 × 9.66 mrad. Les indices ‖, ⊥, 45o signifie que la lar-
geur à mi-hauteur ∆θ est donnée suivant une coupe parallèle, orthogonale ou à
45o de la polarisation incidente.
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h ‖ h l ‖ l

A = 1.81 Ifond = 15.5 A = 1.75 Ifond = 18.8

∆θ = 0.38 mrad ∆θ = 0.36 mrad

h ⊥ h l ⊥ l

Pas de cône observé Pas de cône observé

Ifond = 17.9 Ifond = 15.6

Fig. 1.21 – Cône de rétrodiffusion cohérente sur du téflon (milieu semi-infini)
avec un faisceau laser de longueur d’onde 461 nm, de waist 2.5 mm. Un dia-
phragme de la taille du faisceau a été placé devant le diffuseur. L’intensité du
fond Ifond = IS + IL est donnée en unité arbitraire. Le champ angulaire des
images correspond à 9.66 × 9.66 mrad.
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Fig. 1.22 – Cône de rétrodiffusion cohérente sur du lait pur et du téflon (milieu
semi-infini) dans le canal h ‖ h avec un faisceau laser de longueur d’onde 461
nm et de waist 2.5 mm. Le cône représenté résulte d’une moyenne angulaire. Un
diaphragme de la taille du faisceau a été placé devant le diffuseur.
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Milieu de taille finie

Afin de s’affranchir des effets de taille finie du faisceau, nous avons mesuré
le cône de rétrodiffusion cohérente sur des échantillons diffusants de taille plus
petite que le diamètre du faisceau (goutte de lait, cube de téflon).

Sur la goutte de lait, on obtient un facteur d’amplification égal à 1.98 alors
qu’il était de 1.91 sur un milieu semi-infini. On obtient donc sur goutte de lait à la
précision de la mesure près le facteur d’amplification de 2 prévu théoriquement.
On peut en conclure que la diffusion simple n’est pas présente dans le canal
h ‖ h à la précision expérimentale près et donc que la diffusion simple n’est pas
dépolarisée pour les diffuseurs présents dans le lait. On peut aussi en conclure
que la résolution angulaire de notre système de détection est suffisamment bonne
pour ne pas réduire le facteur d’amplification sur des cônes qui ont une largeur
égale à 0.87 mrad.

Sur le cube de téflon, on obtient un facteur d’amplification égale à 1.88 dans
le canal h ‖ h. L’écart par rapport au facteur deux peut s’expliquer par le fait que
la diffusion simple n’est pas éliminée dans le canal h ‖ h. Comme le cône obtenu
est plus étroit que sur le lait, la résolution angulaire du système de détection peut
aussi abaisser le facteur d’amplification. On peut en conclure que la résolution
angulaire de notre système de détection diminue le facteur d’amplification d’un
facteur inférieur à 0.12 pour un cône de largeur 0.63 mrad.
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Fig. 1.23 – Cône de rétrodiffusion cohérente sur une goutte de lait pur (φ =
3 mm) et sur un cube de téflon (coté 2 mm) dans le canal h ‖ h avec un faisceau
laser de longueur d’onde 461 nm et de waist 2.5 mm. Le cône représenté résulte
d’une moyenne angulaire.
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1.4 Rétrodiffusion cohérente sur des atomes

froids

Une vapeur atomique constitue un milieu modèle pour étudier la diffusion
multiple de la lumière. En effet, dans ce milieu diffusant, les diffuseurs, les atomes,
sont tous identiques. On connâıt de plus parfaitement les propriétés de diffusion
d’un atome pour un laser résonnant avec une transition atomique.

1.4.1 Caractéristiques de la diffusion de la lumière par un
atome

Dans cette partie, nous donnerons les caractéristiques de la diffusion de la
lumière par un atome. Nous supposerons que l’onde incidente est monochroma-
tique et proche d’une transition atomique. La transition atomique considérée sera
une transition J = 0 → J = 1. Nous aurons affaire à ce type de transition lors-
qu’on étudiera la diffusion multiple de la lumière avec un gaz d’atomes froids de
strontium. Nous supposerons que l’intensité de l’onde incidente est très petite de-
vant l’intensité de saturation de la transition. Dans cette situation, la diffusion de
la lumière peut être considérée comme élastique. La section efficace de diffusion
est égale à [129] :

σ =
3 λ2

2π

1

1 + 4
δ2
L

Γ2

(1.42)

où δL = ωL−ω0 est le désaccord laser et Γ est la largeur naturelle de la transition
atomique. Par rapport aux diffuseurs classiques généralement étudiés en diffusion
multiple, on a ici des diffuseurs avec une résonance très étroite (Γ/2π = 32 MHz
pour la transition à 461 nm du strontium). Il est ainsi possible en changeant
légèrement la fréquence du laser de modifier de plusieurs ordres de grandeurs la
section efficace de diffusion des atomes.

Le diagramme de rayonnement de l’onde diffusée (transition J = 0 → J =
1) et la polarisation de l’onde diffusée correspondent au rayonnement dipolaire
(voir page 178). La polarisation de l’onde diffusée s’obtient donc en projetant la
polarisation incidente sur le plan perpendiculaire à la direction de diffusion.

Régimes nouveaux

L’utilisation d’une vapeur atomique comme milieu diffusant permet d’étudier
des régimes nouveaux par rapport à un milieu diffusant classique. Ce sont en
premier lieu des diffuseurs très sensibles au champ magnétique. Des champs
magnétiques de quelques 10−4 Tesla peuvent changer significativement les pro-
priétés de diffusion des atomes [83] alors qu’il faut plusieurs Tesla pour des dif-
fuseurs classiques [80].
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Lorsque l’intensité laser est voisine ou supérieure à l’intensité de saturation de
la transition, les propriétés de diffusion de l’atome changent. La section efficace de
diffusion est diminuée. En plus d’une diffusion élastique, on obtient une diffusion
inélastique avec un spectre de largeur Γ appelé triplet de Mollow [129]. Le rôle de
cette diffusion inélastique dans la diffusion multiple de la lumière et en particulier
dans les effets d’interférence reste à étudier. On obtient de plus à forte intensité
laser des non-linéarités dans le milieu diffusant du type effet Kerr.

1.4.2 Pourquoi des atomes froids

Dans une vapeur atomique à température ambiante, les atomes se déplacent
à des vitesses de l’ordre de 300 m s−1. Un tel milieu n’est pas invariant par rever-
sement du temps, on ne peut donc pas appliquer la réciprocité qui assure l’égalité
entre l’amplitude des ondes partielles ayant suivi des chemins renversés et donc
la présence du cône de rétrodiffusion cohérente.

On peut voir sur la figure 1.24 que si les diffuseurs se déplacent suffisamment
vite les ondes partielles qui suivent des chemins de diffusion renversés ne par-
courent pas une distance identique. La différence de marche entre les deux ondes
partielles ayant suivi des chemins de diffusion renversés n’est donc pas forcément
nulle. Le cône de rétrodiffusion cohérente peut donc disparâıtre si les diffuseurs
ont des vitesses suffisamment grandes.

Pour conserver une interférence constructive entre deux ondes partielles ayant
suivi des chemins de diffusion renversés, il faut que pendant le temps que l’onde
partielle parcours son chemin de diffusion, les diffuseurs se soient déplacés d’une
distance très petite devant la longueur d’onde. Dans cette situation, la différence
de marche entre les deux ondes partielles qui ont suivi des chemins renversés est
très petite devant la longueur d’onde, les deux ondes partielles interfèrent donc
constructivement et le facteur d’amplification du cône n’est pas diminué.

atome avec une vitesse v
vDifférence de marche non

nulle entre les ondes
ayant suivi des chemins
de diffusion renversés

∆φ = 0

Fig. 1.24 – Effet de la vitesse des diffuseurs sur la rétrodiffusion cohérente.

Le critère de vitesse qui permet d’observer le cône de rétrodiffusion cohérente
sur des diffuseurs en mouvement peut s’écrire [79] :

vat.tc � λ
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où vat est la vitesse typique des diffuseurs et tc est le temps que met une onde
à parcourir un chemin de diffusion. Pour un chemin de diffusion comprenant N
diffusions, ce temps tc est égal à [84] :

tc = N.ttr avec ttr =
1

Γ
+

l

c
	 1

Γ

où Γ est la largeur naturelle de la transition atomique, l est le libre parcours
moyen et c est la vitesse de la lumière dans le vide. Le temps ttr est appelé
temps de transport et correspond au temps mis pour l’onde pour effectuer une
diffusion. Il tient compte du retard à la diffusion et de la propagation dans le
milieu. Comme les résonances atomiques sont étroites, le temps de propagation
dans le vide entre deux diffuseurs l/c est négligeable devant 1/Γ. Le critère de
vitesse pour observer le cône de rétrodiffusion cohérente s’écrit donc :

vat � 1

N

Γ

k0

où k0 est le vecteur d’onde dans le vide. Pour la transition à 461 nm du strontium,
on obtient :

vat � 15 m s−1

N

Ce critère de vitesse n’est pas vérifié pour une vapeur atomique à température
ambiante (vat ∼ 300 m.s−1). Pour observer le cône de rétrodiffusion cohérente,
il faut donc réaliser un refroidissement laser qui permet d’obtenir une vapeur
atomique avec une dispersion de vitesse inférieure à 1 m s−1.

Pour des diffuseurs classiques, comme les résonances sont beaucoup plus
larges, le critère de vitesse est toujours vérifié pour les milieux diffusants étudiés
(lait, peinture...).

Le critère de vitesse que l’on vient d’établir qualitativement peut aussi être ob-
tenu par un raisonnement basé sur le changement de fréquence de l’onde diffusée
associé à l’effet Doppler [82].

1.4.3 Rétrodiffusion cohérente sur des atomes froids de

rubidium

Surprise expérimentale

La première étude expérimentale de la rétrodiffusion cohérente de la lumière
sur un gaz d’atomes froids a été réalisée sur rubidium [18]. La surprise
expérimentale fut de mesurer un facteur d’amplification de 1.05 dans le canal
h ‖ h alors que la prévision théorique donne un facteur d’amplification égal à 2
dans ce canal (voir page 182). Dans les autres canaux, les facteurs d’amplification
obtenus sont un peu plus grands (voir figure 1.25). Le facteur d’amplification le
plus élevé a été mesuré dans le canal h ⊥ h (A = 1.17) alors que pour un milieu
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diffusant standard, c’est dans ce canal qu’on obtient le facteur d’amplification
le plus faible. Les cônes de rétrodiffusion cohérente mesurés sur rubidium ont
des caractéristiques complètement différentes des cônes observés sur des milieux
diffusants standards.

1,00
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1,10

1,15

1,20

A=1.17h ?  h

A=1.10 A=1.11

A=1.05h // h
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1,15 � ? �
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� // �
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⊥

⊥

θ θ

Fig. 1.25 – Cônes de rétrodiffusion cohérente sur un gaz d’atomes froids de ru-
bidium (transition J = 3 → J = 4). Les points correspondent aux résultats
expérimentaux et la ligne correspond à une simulation de Monte Carlo (voir page
218). Source : G. Labeyrie, D. Delande

Effet de la structure interne

L’origine physique du comportement anormal de la rétrodiffusion cohérente de
la lumière sur un gaz d’atomes froids de rubidium provient de la structure quan-
tique interne du rubidium. En effet, dans l’expérience de rétrodiffusion cohérente,
la lumière est en résonance avec une transition du type J = 3 → J = 4. Le niveau
fondamental de la transition atomique possède donc un moment magnétique. La
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structure interne dégénéré du niveau fondamental J = 3 correspond à l’orienta-
tion de ce moment magnétique.

Nous allons voir qualitativement comment la structure interne du rubidium
modifie les propriétés de la rétrodiffusion cohérente et en particulier pourquoi on
n’obtient pas un facteur d’amplification de 2 dans le canal h ‖ h.

Deux conditions sont nécessaires pour obtenir un facteur 2 dans le canal h ‖ h.
La première condition est d’avoir une intensité de diffusion simple nulle IS = 0.
Cette condition est assurée lorsqu’on a des diffuseurs sphériques pour lesquels
la diffusion simple n’est pas dépolarisée. La deuxième condition est d’avoir une
intensité de diffusion multiple incohérente IL égale à l’intensité IC(0) traduisant
l’interférence entre les ondes parcourant des chemins renversés. Cette condition
est satisfaite lorsqu’on peut appliquer la réciprocité au milieu diffusant qui indique
que les amplitudes des chemins renversés sont égales. Nous allons voir que ces
deux conditions ne sont pas satisfaites pour des atomes possédant une structure
interne c’est à dire un moment magnétique dans l’état fondamental.

A cause de leur moment magnétique dans l’état fondamental, les atomes de
rubidium ne constituent pas des diffuseurs à symétrie sphérique. Il n’y a donc
pas de raison que la diffusion simple soit nulle dans les canaux h ‖ h et l ⊥ l.
En effet, lorsque le niveau fondamental possède une structure interne, on peut
effectuer des transitions Raman où après la diffusion du photon l’atome a changé
de sous niveau. Pour ce type de transition, la polarisation de la lumière diffusée est
différente de la polarisation incidente. Pour des atomes possédant une structure
interne, la diffusion simple n’est donc pas nulle dans le canal h ‖ h.

Le milieu diffusant est constitué d’atomes de rubidium possédant un moment
magnétique. Le milieu n’est donc pas invariant par renversement du temps et la
réciprocité qui assurait l’égalité entre l’amplitude des chemins de diffusion ren-
versés ne peut donc plus être utilisée. Il n’y a donc aucune raison que l’intensité
incohérente de diffusion multiple IL soit égale à l’intensité IC(0) traduisant l’in-
terférence entre les ondes parcourant des chemins renversés. Sur la figure 1.26,
nous avons pris l’exemple d’un chemin de diffusion double pour une transition
1/2 → 1/2. On constate que l’amplitude du chemin direct est différente de l’am-
plitude du chemin renversé dans le canal h ‖ h. La structure interne de l’atome
de rubidium conduit donc à déséquilibrer les amplitudes entre les chemins de
diffusion renversés. C’est pour cette raison qu’on observe un faible facteur d’am-
plification dans le canal h ‖ h.

Une étude théorique a été réalisée pour calculer le cône de rétrodiffusion
cohérente avec des atomes possédant une structure interne. Un calcul analytique
du cône de rétrodiffusion cohérente a été effectué pour un milieu semi-infini [20]
[89]. Pour tenir compte de la géométrie particulière du gaz d’atomes, une simu-
lation de Monte Carlo a été aussi effectuée [86]. Les résultats obtenus sont en
accord avec les mesures expérimentales (voir figure 1.25).

La structure quantique interne des atomes se révèle donc réduire fortement
l’effet des interférences en diffusion multiple. Nous avons donc entrepris de mesu-
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Fig. 1.26 – Exemple où l’amplitude du chemin direct est différente de l’am-
plitude du chemin renversé dans le canal h ‖ h pour des diffuseurs atomiques
possédant une structure interne. Nous avons pris pour l’exemple une transition
J = 1/2 → J = 1/2. Nous avons considéré un chemin de diffusion double où les
deux diffuseurs sont dans un état interne mJ différent.

rer la rétrodiffusion cohérente sur un gaz d’atomes ne possédant pas de structure
interne. Nous avons donc choisi un gaz d’atomes froids de strontium 88. Cet
atome ne possède pas de structure interne dans le niveau fondamental. Le mo-
ment magnétique de l’état fondamental est nul.

Cette expérience a pour but de confirmer que c’est bien la structure interne
qui était responsable des faibles facteurs d’amplification des cônes mesurés sur
rubidium. Avec un atome sans structure interne, on devrait donc retrouver des
cônes de rétrodiffusion cohérente similaires à ceux observés pour des diffuseurs
classiques.
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1.5 Rétrodiffusion cohérente sur strontium

1.5.1 Technique expérimentale

Le but de l’expérience est de mesurer la rétrodiffusion cohérente de la lumière
sur un gaz d’atomes froids de strontium. Le piégeage et le refroidissement du
strontium a été décrit en détail dans le chapitre ”piégeage et refroidissement”
(voir page 57). La mesure de la rétrodiffusion cohérente s’effectue en envoyant un
faisceau sonde sur le nuage d’atomes froids et en mesurant la distribution angu-
laire de la lumière diffusée dans la direction arrière. Cette technique de mesure a
été décrite en détaille dans la partie 1.3 (voir page 186).

Séquence temporelle

La mesure de la rétrodiffusion cohérente ne peut pas être effectuée pendant
que les atomes sont piégés et refroidis. En effet, les atomes diffusent continûment
la lumière des faisceaux pièges. En plus de la lumière diffusée par le faisceau
sonde, on mesurait donc aussi la lumière diffusée par les faisceaux lasers servant
au piégeage et au refroidissement. Les faisceaux de piégeage peuvent aussi mo-
difier les propriétés de diffusion du gaz d’atomes froids (saturation, déplacement
lumineux, effet non-linéaire : mélange à quatre ondes). Pendant la mesure de la
rétrodiffusion cohérente de la lumière, nous devons aussi couper le gradient de
champ magnétique car les propriétés de diffusion des atomes sont sensibles au
champ magnétique (effet Faraday, effet Hanle).

Chopper

Caméra CCD
refroidie

Lame séparatrice

Sonde

Faisceaux de piégeage et de
refroidissement

Nuage atomique

λ/4

λ/2

Cube
polariseur

Fig. 1.27 – Montage expérimental permettant de mesurer la rétrodiffusion
cohérente de la lumière sur un gaz d’atomes froids.

La mesure de la rétrodiffusion cohérente nécessite donc une séquence tempo-
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relle divisée en deux phases. Pendant la première phase, les atomes sont refroidis
et piégés dans le piège magnéto-optique. Pendant la seconde phase, les faisceaux
de piégeage et le gradient de champ magnétique sont coupés, on envoie sur le
nuage d’atomes froids un faisceau sonde et on recueille la lumière diffusée dans
la direction arrière sur la CCD.

La coupure et l’allumage des faisceaux sont réalisés grâce à des modulateurs
acousto-optiques (voir page 121). On obtient avec cette méthode un temps de
coupure très court (0.1 µs) et une extinction très bonne (10−5). La technique de
coupure du gradient de champ magnétique a été décrite page 90. Pour le gradient
de champ magnétique dB/dz = 70 G.cm−1 utilisé dans l’expérience, le champ
magnétique est coupé à mieux que 10% au bout d’un temps de 120 µs.

Afin de ne pas acquérir la lumière émise par le nuage d’atomes pendant la
phase de piégeage et de refroidissement, on utilise un chopper mécanique syn-
chroniser avec la séquence temporelle qui coupe la lumière provenant du nuage
pendant la phase de piégeage. Le chopper est placé au foyer de la lentille où on
est censé analyser la distribution angulaire de la lumière diffusée. On utilise une
lentille qui transporte l’image au niveau du chopper sur la caméra CCD (voir
figure 1.27).

La séquence temporelle utilisée pour acquérir le signal de rétrodiffusion
cohérente est décrite sur la figure 1.28. Nous allons donner les raisons qui nous
ont menés à choisir cette séquence temporelle.

La mesure de l’intensité diffusée par la sonde ne peut pas être effectuée juste
après la coupure des faisceaux du piège et du champ magnétique. Il faut en effet
attendre que le chopper découvre complètement le champ de l’image de la CCD.
Avec nos paramètres expérimentaux, on obtient un temps d’ouverture de 120 µs.
Le faisceau sonde sera donc envoyé sur le nuage atomique 120 µs après la coupure
des faisceaux pièges et du champ magnétique.

Au moment où les atomes sont sondés, le gradient de champ magnétique est
coupé à mieux que 10 %, le gradient de champ magnétique résiduel est donc égal
à dB/dz = 7 G/cm−1. Comme le nuage atomique a un diamètre de 2 mm (4 σ),
les atomes verrons au maximum un champ magnétique égal à 0.7 G. En incluant
les différents champs magnétiques parasites présent sur l’expérience, on estime
que les atomes voient un champ magnétique inférieur à 1 G. Nous verrons dans
la suite que ce champ magnétique résiduel n’est pas gênant pour l’expérience.

La durée de la phase de sonde est limitée par l’expansion du nuage. L’épaisseur
optique du nuage reste constante uniquement pendant un temps de l’ordre de
220 µs (voir figure 2.37 page 136). Comme la coupure du gradient de champ
magnétique et l’ouverture complète du chopper prennent un temps de 120 µs,
la durée de la phase où on acquiert le cône rétrodiffusion cohérente sera choisie
égale à τs = 100 µs afin de sonder un nuage d’atomes avec une épaisseur optique
constante.

Afin que la caméra n’acquière pas la lumière provenant des faisceaux pièges,
on attend un temps de 120 µs après la coupure du faisceau sonde qui permet au



212 CHAPITRE 1. DIFFUSION MULTIPLE
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Fig. 1.28 – Séquence temporelle utilisée pour mesurer le cône de rétrodiffusion
cohérente sur un gaz d’atomes froids de strontium.

chopper de complètement masquer le champ de l’image sur la CCD.

La durée de la phase de piégeage et de refroidissement du strontium doit être
choisie suffisamment longue pour atteindre le régime stationnaire et donc avoir
un maximum d’atomes dans le piège. Ce critère nous a amené à choisir une durée
de la phase de piégeage et de refroidissement de l’ordre de 6 ms.

Intensité et désaccord du faisceau sonde

Nous avons choisi d’utiliser un faisceau sonde en résonance avec la transition
atomique (δL = 0). L’épaisseur optique et donc le signal de diffusion multiple
sont ainsi maximisés.

L’intensité du faisceau sonde doit être la plus élevée possible afin de recueillir
le plus de signal de la lumière diffusée par le nuage d’atomes froids et donc d’ob-
tenir un signal de rétrodiffusion cohérente le moins bruité possible. Cependant,
une intensité trop forte du faisceau sonde peut modifier les propriétés de diffu-
sion du nuage d’atomes froids. En premier lieu, l’intensité de la sonde doit être
très inférieure à l’intensité de saturation de la transition 42.7 mW.cm−2. En effet,
lorsque l’intensité laser est supérieure ou de l’ordre à l’intensité de saturation, les
propriétés de diffusion changent (diminution de la section efficace de diffusion,
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diffusion inélastique, non-linéarités). L’intensité de la sonde doit être aussi suffi-
samment basse pour ne pas induire d’effet mécanique sur le nuage. La vitesse que
le faisceau sonde communique aux atomes doit être très petite devant la largeur
en vitesse de la transition Γ/k. Le déplacement du nuage induit pas le faisceau
sonde doit être très inférieur à la taille du nuage. Nous avons donc choisi une
intensité du faisceau sonde égale à 0.85 mW.cm2 = 0.02 Isat. La vitesse acquise
par les atomes pendant la phase de sonde est égale à 2 m.s−1 � Γ/k = 15 m.s−1.
Le déplacement du nuage pendant la phase de sonde est égal à 100 µm qui est
très petit devant la taille du nuage (σ = 0.5 mm).

Réglage des éléments polarisants

Le réglage des éléments de polarisation qui définissent les canaux de polarisa-
tion est un point critique pour la mesure de la rétrodiffusion cohérente sur notre
gaz d’atomes froids de strontium. En effet, la relative faible épaisseur optique
de notre nuage (b = 2, 3) et sa forme gaussienne conduisent à une intensité de
diffusion simple très importante par rapport à l’intensité de diffusion multiple. Le
strontium étant un diffuseur à symétrie sphérique (moment magnétique nul dans
l’état fondamental), l’intensité de diffusion simple doit être nulle dans les canaux
h ‖ h et l ⊥ l (voir page 181). Or, comme la diffusion simple est très importante
devant la diffusion multiple, un léger défaut des canaux de polarisation conduit
à une intensité de diffusion simple non négligeable dans les canaux h ‖ h et l ⊥ l.
Il faut donc un très bon réglage des éléments de polarisation pour obtenir une
intensité de diffusion simple nulle dans les canaux h ‖ h et l ⊥ l.

Pour des diffuseurs classiques, le réglage des éléments de polarisation est ef-
fectué en remplaçant l’échantillon diffusant par un miroir et en annulant l’inten-
sité revenant dans les canaux h ‖ h et l ⊥ l. Cette procédure de réglage ne peut
cependant pas être appliquée au cas de notre nuage d’atomes froids. En effet,
on ne peut pas placer le miroir au niveau du nuage et le placement du miroir à
l’extérieur de la cellule conduit à un mauvais réglage des éléments polarisants car
les fenêtres de la cellule sont légèrement biréfringentes.

Le réglage des éléments de polarisation a donc été effectué en minimisant
directement la lumière diffusée dans les canaux h ‖ h et l ⊥ l pour un nuage
de très faible épaisseur optique pour lequel la diffusion multiple est négligeable
devant la diffusion simple. Ainsi, avec cette procédure on minimise directement
l’intensité de diffusion simple dans les canaux h ‖ h et l ⊥ l. On obtient une
extinction de la diffusion simple dans les canaux h ‖ h et l ⊥ l égale à 5 10−3.
On peut noter que si la diffusion simple des atomes de strontium est dépolarisée
par un champ magnétique résiduel, cette procédure de réglage conduit à modifier
légèrement les canaux de polarisation afin d’éliminer la diffusion simple dans les
canaux h ‖ h et l ⊥ l.
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Acquisition du signal de rétrodiffusion cohérente.

Pendant un cycle de la séquence temporelle, la caméra acquiert en moyenne
0.05 photons/pixel provenant de la lumière diffusée par le nuage d’atomes froids
(canal h ‖ h). Afin d’obtenir un signal suffisamment important et d’avoir un
rapport signal à bruit convenable, on intègre pendant 15 minutes soit 1.5 105

cycles. Pour éliminer la lumière parasite présente sur l’image, on réalise une autre
acquisition de 15 minutes sans atomes et on soustrait cette image à celle obtenue
avec atomes. L’acquisition sans atomes a été effectuée en coupant le gradient de
champ magnétique du piège magnéto-optique. Nous avons vérifié que le signal de
fluorescence des atomes de strontium résiduels était négligeable.

1.5.2 Résultats expérimentaux

Nous avons réalisé une première série d’acquisition du cône de rétrodiffusion
cohérente dans les quatre canaux de polarisation avec un nuage d’épaisseur op-
tique b = 2.0. La procédure de mesure de l’épaisseur optique est décrite page
136. Pour cette série d’acquisition, nous avons regroupé par quatre (2 × 2) les
pixels de la caméra (”binning”) afin d’obtenir plus de signal et donc avoir un
meilleur rapport signal à bruit sur les images. Cette procédure diminue cepen-
dant la résolution angulaire de notre système de détection. Les résultats obtenus
avec cette première série d’acquisition sont donnés sur la figure 1.30.

Une deuxième acquisition du cône de rétrodiffusion cohérente a été effectuée
dans le canal h ‖ h avec un nuage atomique d’épaisseur optique b = 2.9. Cette
fois ci, nous avons utilisé la caméra sans regrouper les pixels afin d’obtenir une
meilleure résolution angulaire. Le cône de rétrodiffusion cohérente obtenu est
donné sur la figure 1.29.

Nous avons déterminé le facteur d’amplification sur les différentes images
avec la procédure décrite page 196. Les barres d’erreurs données pour les facteurs
d’amplification A et les largeurs à mi-hauteur ∆θ correspondent à un intervalle
de confiance de 95 % c’est à dire de ±2 σ où σ représente l’écart type. Ces barres
d’erreur ont été estimées à partir du bruit sur les images (on a essentiellement du
bruit de photon) et de la non-uniformité du fond incohérent de diffusion.

La première constatation à effectuer sur les résultats de la rétrodiffusion
cohérente sur un gaz d’atomes froids de strontium est que l’on retrouve un fac-
teur d’amplification proche de 2 dans le canal h ‖ h (A = 1.86 ± 0.10) alors que
sur rubidium, on avait un facteur d’amplification de seulement 1.05. Ce résultat
confirme donc que c’est la structure interne dégénérée de l’état fondamental qui
conduit à un faible facteur d’amplification dans le canal h ‖ h sur rubidium.

Les caractéristiques des cônes de rétrodiffusion cohérente dans les quatre ca-
naux de polarisation traduisent une proportion de diffusion simple très importante
par rapport à la diffusion multiple. En effet, dans les canaux h ‖ h et l ⊥ l où la
diffusion simple est rejetée, on obtient un fond incohérent de diffusion Ifond très



1.5. RÉTRODIFFUSION COHÉRENTE SUR STRONTIUM 215

�	 �� �� �� �� � � � � � 	

���

���

���

���

���

��	

���

��


���

���

���

angle en mrad

I 
/ I

fo
nd

A = 1.86 ± 0.10

∆θ = 0.50 ± 0.04mrad

Fig. 1.29 – Cône de rétrodiffusion cohérente sur un gaz d’atomes froids de stron-
tium (épaisseur optique b=2.9) dans le canal h ‖ h. Le cône représenté résulte
d’une moyenne angulaire.

faible par rapport aux canaux h ⊥ h et l ‖ l où la diffusion simple est présente.
Une intensité de diffusion simple importante explique aussi le faible facteur d’am-
plification observée dans le canal l ‖ l où la réciprocité assure l’égalité entre IL

et IC(0). Cette proportion élevée de diffusion simple est causée par une épaisseur
optique du nuage atomique assez faible (b = 2) et par la géométrie gaussienne du
nuage qui renforce encore la proportion de diffusion simple.

Dans le canal l ⊥ l, bien que la réciprocité n’assure pas l’égalité entre IL et
IC(0), on obtient un facteur d’amplification relativement important A = 1.59.
Ceci s’explique par le fait que les ordres faibles de diffusion sont dominants. En
effet, pour la diffusion double, les amplitudes entre les chemins de diffusion ren-
versés sont égales. Et pour des ordres faibles de diffusion multiple, les amplitudes
entre les chemins renversés sont assez proches en moyenne. Le faible facteur d’am-
plification dans le canal h ⊥ h par rapport au canal l ⊥ l s’explique par le fait
que le canal h ⊥ h ne rejette pas la diffusion simple qui est très importante.
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h ‖ h l ‖ l polar. horizontale

A = 1.77 ± 0.13 Ifond = 2.3 A = 1.17 ± 0.03 Ifond = 31.6
∆θ = 0.52 ± 0.07 mrad ∆θ‖ = 0.9 ± 0.2 mrad

∆θ⊥ = 0.5 ± 0.1 mrad

h ⊥ h l ⊥ l

A = 1.17 ± 0.03 Ifond = 28.0 A = 1.59 ± 0.20 Ifond = 1.3
∆θ = 0.71 ± 0.10 mrad ∆θ‖,⊥ = 0.5 ± 0.3 mrad

∆θ45o = 0.7 ± 0.4 mrad

Fig. 1.30 – Cône de rétrodiffusion cohérente sur un nuage d’atomes froids de
strontium (épaisseur optique b=2). L’intensité du fond Ifond = IS +IL est donnée
en unité arbitraire. Le champ angulaire des images correspond à 9.66×9.66 mrad.
Les indices ‖, ⊥ et 45o signifient que la largeur à mi-hauteur ∆θ est donnée
suivant une coupe parallèle, orthogonale ou à 45o par rapport à la polarisation
incidente. Afin d’améliorer le rapport signal à bruit, les images ont été symétrisées
et ont subi une moyenne angulaire partielle sur un secteur de quelques degrés.
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Dans les canaux l ‖ l et l ⊥ l, le cône de rétrodiffusion cohérente obtenu
n’est pas isotrope. On obtient un cône allongé suivant le sens de la polarisation
en l ‖ l et un cône en forme de trèfle dans le canal l ⊥ l. Ces anisotropies
résultent du diagramme de rayonnement anisotrope du strontium (rayonnement
dipolaire). La forme des cônes dans les canaux l ⊥ l et l ‖ l s’explique par la
forme du diagramme de rayonnement dipolaire et par le fait que la forme du cône

est donnée par la transformée de Fourrier de la probabilité P (
−→
∆r⊥) d’être diffusé

par un chemin de diffusion dont la position du diffuseur de sortie par rapport au

diffuseur d’entrée est
−→
∆r⊥.

1.5.3 Pourquoi A < 2 dans le canal h ‖ h

Nous avons obtenu dans le canal h ‖ h (b=2.9) un facteur d’amplification
égal à A = 1.86± 0.10 légèrement inférieur à la prévision théorique A = 2. Dans
cette partie, nous essayerons de déterminer si cet écart par rapport à la prévision
théorique peut être expliqué par les limitations expérimentales.

Une simulation de Monte Carlo qui sera décrite dans la suite nous indique
que la taille finie du faisceau laser utilisé pour l’expérience (w0 = 2.5 mm) ne
conduit pas à une diminution mesurable du facteur d’amplification (δA ∼ 10−3)
pour notre nuage d’atomes froids de strontium (densité avec un profil gaussien
d’écart type σ ∼ 0.5 mm).

La résolution angulaire finie de notre système de détection estimée à 0.1 mrad
est par contre une source de diminution du facteur d’amplification. En convoluant
la forme du cône obtenue avec la simulation de Monte Carlo par une gaussienne de
la largeur à mi-hauteur 0.1 mrad, on obtient une diminution du facteur d’amplifi-
cation d’un facteur δA 	 0.06. Nous considérons donc que la résolution angulaire
de notre système de détection conduit à une diminution du facteur d’amplification
mesurée égale à δA 	 0.06.

A cause des défauts de polarisation, l’extinction de la diffusion simple dans
les canaux h ‖ h et l ⊥ l n’est pas parfaite. Nous avons mesuré dans ces canaux
une extinction de la diffusion simple égale 5 10−3. En utilisant le rapport entre
l’intensité de diffusion simple et l’intensité de diffusion multiple donné par la
simulation de Monte Carlo, on trouve qu’une extinction de 5 10−3 de la diffusion
simple dans le canal h ‖ h conduit à une diminution du facteur d’amplification
d’un facteur δA 	 0.03.

Une autre source diminution du facteur d’amplification est la présence d’un
champ magnétique résiduel. L’effet de la dépolarisation de la diffusion simple
par un champ magnétique résiduel a été déjà pris en compte dans la mesure de
l’extinction égale à 5 10−3 de la diffusion simple dans le canal h ‖ h. Le champ
magnétique peut aussi diminuer le facteur d’amplification par l’intermédiaire de
l’effet Faraday qui conduit à déséquilibrer les amplitudes entre les chemins de
diffusion renversés. En utilisant les résultats de la référence [81], on trouve que
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l’ordre de grandeur de la diminution du facteur d’amplification est égal à :

δA = 1 − cos

(
2 µB B

� Γ

)
	 0.004 pour B = 1 G

On peut donc conclure que le champ magnétique résiduel estimé inférieur à 1 G
ne devrait pas conduire à une diminution mesurable du facteur d’amplification.

On obtient finalement en tenant compte des limitations expérimentales un
facteur d’amplification dans le canal h ‖ h égale à A = 1.91 qui est consistant
avec la mesure expérimentale donnant A = 1.86 ± 0.10.

Le facteur d’amplification dans le canal h ‖ h pour la première série d’acqui-
sition (b = 2.0, pixels de la caméra regroupés 2 × 2) est égal à A = 1.77 ± 0.13
inférieur au facteur d’amplification A = 1.86 ± 0.13 mesuré avec la deuxième
acquisition (b = 2.9, pixels non regroupés). Cette différence s’explique par le
fait que lorsque les pixels de la caméra sont regroupés 2 × 2, la résolution an-
gulaire du système de détection est moins bonne. De plus, comme l’épaisseur
optique est plus faible, la proportion de diffusion simple est plus importante et
donc la diminution du facteur d’amplification causée par la mauvaise extinction
de la diffusion simple est plus importante. En effectuant un raisonnement ana-
logue à celui précédemment effectué, on trouve que les limitations expérimentales
réduisent le facteur d’amplification de 2 à 1.87 ce qui est consistant avec la mesure
expérimentale A = 1.77 ± 0.13.

1.5.4 Comparaison avec une simulation de Monte Carlo

Comme on connâıt parfaitement les propriétés de diffusion de l’atome de stron-
tium, il est possible de réaliser une comparaison quantitative entre les résultats
expérimentaux et un calcul théorique du cône de rétrodiffusion cohérente. A
cause du profil de densité gaussien de notre nuage atomique, il est difficile de
réaliser un calcul analytique du cône de rétrodiffusion cohérente. Le calcul du
cône de rétrodiffusion cohérente a donc été effectué grâce à une simulation de
Monte Carlo. Cette simulation de Monte Carlo réalisée par D. Delande cal-
cule le cône de rétrodiffusion cohérente pour des diffuseurs atomiques (transition
J = 0 → J = 1) et pour un profil de densité gaussien (n(r) ∝ e−r2/2σ2

r ). La taille
finie du faisceau laser peut être aussi prise en compte. Les détails sur ce Monte
Carlo sont donnés dans les références [85] [86].

Les cônes de rétrodiffusion cohérente calculés par le Monte Carlo dépendent de
l’épaisseur optique du nuage b et du profil de densité. L’épaisseur optique utilisée
dans le calcul de Monte Carlo est celle qui a été mesurée expérimentalement
(b = 2.0 pour la première série d’acquisition et b = 2.9 pour la deuxième série).
La détermination du profil de densité du nuage a été réalisée en éclairant le
nuage avec le faisceau sonde et en réalisant l’image du nuage sur la caméra (voir
page 134). On obtient alors une distribution gaussienne avec pour écarts types
σx = 0.57 mm, σy = 0.73 mm pour la première série d’acquisition (b = 2.0) et
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σx = 0.45 mm, σy = 0.46 mm pour la deuxième série d’acquisition (b = 2.9).
Cependant, comme l’épaisseur optique du nuage pour le faisceau sonde n’est pas
négligeable (contribution de la diffusion multiple non négligeable), cette mesure
surestime la taille du nuage. Pour obtenir une détermination précise du profil de
densité atomique, il aurait fallut utiliser un faisceau sonde désaccordé δL �= 0 afin
que l’épaisseur optique du nuage pour le faisceau sonde soit petite. La dimension
du nuage atomique sera donc un paramètre ajustable dans la comparaison entre
expérience et Monte Carlo. La simulation de Monte Carlo montre que l’anisotropie
du nuage mesuré n’a pas de conséquence sur les caractéristiques du cône de
rétrodiffusion cohérente à la précision des mesures expérimentales. Les résultats
des simulations de Monte Carlo ont donc été effectués avec un profil de densité
gaussien isotrope.

La taille du nuage atomique pour une épaisseur optique fixe ne modifie pas
la forme du cône et le facteur d’amplification, elle agit uniquement sur l’échelle
angulaire du cône. L’échelle angulaire des cônes obtenus avec la Monte Carlo
est donc choisie pour que les largeurs des cônes dans le canal h ‖ h cöıncident.
Cet ajustement de l’échelle angulaire donne une surestimation de notre mesure
de la taille du nuage d’un facteur 1.4. Dans les résultats montrés, les largeurs à
mi-hauteur dans les canaux h ‖ h seront donc par définition identiques. La com-
paraison entre le Monte Carlo et les résultats expérimentaux portera uniquement
sur les largeurs relatives des cônes dans les différents canaux.

Afin de tenir compte des limitations expérimentales dans la mesure de la
rétrodiffusion cohérente, nous avons affecté les résultats du Monte Carlo par la
résolution angulaire finie du système de détection et par les défauts d’extinction
de la diffusion simple dans les canaux h ‖ h et l ⊥ l.

Sur le tableau 1.1, nous avons reporté les caractéristiques des cônes de
rétrodiffusion cohérente (b = 2.0) mesurés expérimentalement et calculés par le
Monte Carlo. On constate un excellent accord entre les résultats expérimentaux et
le Monte Carlo affecté des limitations expérimentales pour les fonds incohérents
de diffusion, les facteurs d’amplification et les largeurs relatives des cônes dans les
quatre canaux de polarisation. La seule donnée expérimentale qui ne cöıncide aux
barres d’erreur près avec la simulation de Monte Carlo affectée des limitations
expérimentales est le facteur d’amplification dans le canal l ‖ l. Cette différence
pourrait peut être s’expliquer par les fluctuations de l’épaisseur optique du nuage
au court des différentes mesures. En effet, dans ce canal, le facteur d’amplifica-
tion est uniquement déterminé par la proportion de diffusion simple qui dépend
fortement de l’épaisseur optique.

Sur la figure 1.31, nous avons comparé le cône de rétrodiffusion cohérente
mesuré expérimentalement dans le canal h ‖ h pour une épaisseur optique b = 2.9
avec le cône calculé avec le Monte Carlo affecté des limitations expérimentales.
On constate un excellent accord sur la forme du cône et le facteur d’amplification.

Afin de confirmer l’interprétation des facteurs d’amplification obtenus dans les
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h ‖ h h ⊥ h l ‖ l l ⊥ l

Exp. 7.5% 92.5% 96.0% 4.0%
Fond MC 7.8% 92.2% 95.5% 4.5%

MC∗ 7.8% 92.2% 95.5% 4.5%

Exp. 1.77 ± 0.13 1.17 ± 0.03 1.17 ± 0.03 1.59 ± 0.20
A MC 2 1.20 1.24 1.74

MC∗ 1.87 1.19 1.22 1.62

Exp. 0.52 ± 0.07 0.71 ± 0.10 0.9 ± 0.2 0.5 ± 0.3
∆θ‖ (mrad) MC 0.48 0.69 0.92 0.51

MC∗ 0.52 0.75 0.98 0.49

Exp. // // 0.5 ± 0.1 //

∆θ⊥ (mrad) MC // // 0.51 //

MC∗
// // 0.49 //

Exp. // // 0.7 ± 0.4
∆θ45o (mrad) MC // // 0.6

MC∗
// // 0.59

Tab. 1.1 – Comparaison des caractéristiques du cône de rétrodiffusion cohérente
entre les mesures expérimentales (Exp.) et la simulation de Monte Carlo (MC)
pour un nuage atomique d’épaisseur optique b=2.0. La simulation de Monte Carlo
a été effectuée avec un profil de densité gaussien isotrope d’écart type 0.45 mm.
Dans les lignes MC∗, les résultats du Monte Carlo ont été affectés par les limita-
tions expérimentales. La ligne indiquée par ”fond” représente la contribution re-
lative du canal à l’intensité du fond incohérent Ifond = IS + IL. La ligne indiquée
”A” représente le facteur d’amplification. Les lignes indiquées par ”∆θ‖,⊥,45o”
représentent la largeur à mi-hauteur du cône suivant une coupe parallèle, ortho-
gonale ou à 45o par rapport à la polarisation incidente.
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Fig. 1.31 – Cône de rétrodiffusion cohérente sur un gaz d’atomes froids de stron-
tium (épaisseur optique b=2.9) dans le canal h ‖ h. La mesure expérimentale
est représentée par des points. La ligne représente le résultat d’une simulation de
Monte Carlo (b = 2.9, profil de densité gaussien isotrope σ = 0.45 mm) où on a
tenu compte des limitations expérimentales.

différents canaux de polarisation, nous avons reporté sur la figure 1.32 la propor-
tion relative des différents ordres de diffusions et sur la figure 1.33 le contraste de
l’interférence IC/IL en fonction de l’ordre de diffusion. On retrouve que IC/IL = 1
quel que soit l’ordre de diffusion dans les canaux l ‖ l et h ‖ h où on peut ap-
pliquer la réciprocité. Dans les canaux h ⊥ h et l ⊥ l, IC/IL est égal à 1 pour
la diffusion double et diminue ensuite en fonction de l’ordre de diffusion. Dans
les canaux h ⊥ h et l ‖ l, l’intensité diffusée est dominée par la diffusion simple
∼ 80%. Ceci conduit donc au faible facteur d’amplification mesuré dans ces ca-
naux. Enfin, on retrouve que la diffusion simple est nulle dans les canaux h ‖ h
et l ⊥ l. Comme l’intensité diffusée est dominée par les ordres de diffusion pour
lesquels on a bon contraste d’interférence, on obtient un facteur d’amplification
relativement élevé dans le canal l ⊥ l.
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Fig. 1.32 – Proportion relative des différents ordres de diffusion au fond in-
cohérent de diffusion. Les données proviennent des résultats de la simulation de
Monte Carlo (b=2.0, profil de densité gaussien isotrope).
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Fig. 1.33 – Contraste de l’interférence en fonction de l’ordre de diffusion N . Les
données proviennent des résultats de la simulation de Monte Carlo (b=2.0, profil
de densité gaussien isotrope).
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Conclusion

Nous avons mesuré le cône de rétrodiffusion cohérente sur un gaz d’atomes
froids de strontium. Nous avons obtenu dans le canal h ‖ h un facteur d’amplifi-
cation égal à A = 1.86 ± 0.10. En tenant compte des limitations expérimentales,
ce facteur d’amplification mesuré est en accord avec la prévision théorique A = 2.
Dans nos conditions expérimentales, il n’existe donc pas de mécanismes qui
réduisent, à la précision expérimentale près, l’effet des interférences en diffusion
multiple. Comme le strontium ne possède pas de structure interne dégénéré dans
son état fondamental, ce résultat confirme que le faible facteur d’amplification
(A = 1.05) mesuré sur rubidium est causé par la structure interne dégénéré de
l’état fondamental du rubidium.

Les cônes de rétrodiffusion cohérente mesurés dans les quatre canaux de po-
larisation sont en bon accord avec les résultats d’une simulation de Monte Carlo.
Dans le régime étudié, les interférences en diffusion multiple semblent donc être
bien décrites par le modèle utilisé dans le calcul de Monte Carlo.

Il serait à présent intéressant de mesurer la rétrodiffusion cohérente dans les
régimes nouveaux qui sont accessibles avec un gaz d’atomes froids. Par exemple,
on peut envisager de réaliser une étude de la diffusion multiple dans un régime de
saturation de la transition atomique (I � Isat). Le rôle de la diffusion inélastique
dans les interférences en diffusion multiple reste une question ouverte. En chauf-
fant volontairement notre nuage atomique, il serait aussi possible d’étudier com-
ment le mouvement des diffuseurs brisent les interférences en diffusion multiple.

Cette étude de la rétrodiffusion cohérente nous indique qu’un gaz d’atomes
froids de strontium est un milieu prometteur pour observer la localisation forte
de la lumière. En effet, comme les interférences jouent un rôle crucial dans le
mécanisme de localisation forte, l’utilisation du strontium où les interférences en
diffusion multiple se manifestent pleinement semble être un choix judicieux. Ac-
tuellement la densité de strontium n’est pas suffisante pour atteindre le régime de
localisation forte. Il existe cependant des techniques prometteuses [21] [22] basées
sur l’utilisation de la transition d’intercombinaison du strontium qui permettent
d’augmenter considérablement la densité spatiale. La suite de cette thèse sera
donc consacrée à la transition d’intercombinaison du strontium.
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Le strontium possède une transition étroite de largeur 7.6 kHz à partir de
son état fondamental. Cette transition à 689 nm qui relie l’état singulet 1S0 à
l’état triplet 3P1 (voir annexe A) est appelée transition d’intercombinaison. Cette
transition étroite présente un intérêt fort pour le piégeage et le refroidissement
d’atomes par laser. La réalisation d’un piège magnéto optique en utilisant un laser
résonnant avec cette transition étroite permet d’obtenir à la fois une température
très basse et une densité spatiale élevée.

La force de pression de radiation d’un laser résonnant avec cette transition
étroite est très sélective en vitesse. La vitesse pour laquelle le changement de
fréquence associé à l’effet Doppler est égal à la largeur naturelle de la transition
est égale à 5.2 mm s−1. Cette vitesse est légèrement inférieure à la vitesse de recul
vrec = 6.6 mm.s−1 correspondant au changement de vitesse de l’atome associé à
l’absorption ou à l’émission d’un photon. Grâce à cette très grande sélectivité
en vitesse, un simple refroidissement Doppler sur cette transition étroite permet
d’obtenir une température de 400 nK correspondant à la température de recul.

La transition d’intercombinaison du strontium est juste suffisamment large
pour permettre à la force de pression de radiation de vaincre la gravité et donc de
pouvoir piéger les atomes. La finesse de la transition permet d’obtenir une densité
spatiale très élevée dans un piège magnéto-optique. Habituellement, la densité
spatiale dans un piège magnéto-optique sur une transition large est limitée par
la diffusion multiple. La réabsorption des photons diffusés par les atomes conduit
à une force de répulsion entre les atomes et limite donc la densité. Cependant
pour une transition étroite, la diffusion multiple est fortement réduite. En effet, à
cause du recul, la fréquence d’un photon diffusée est diminuée en moyenne de la
fréquence de recul. Ainsi, comme la largeur de la transition est voisine du recul,
ce photon diffusé se retrouve en dehors de résonance avec les autres atomes et
donc la probabilité qu’il soit rediffusé est faible. La finesse de la transition permet
ainsi de réduire la diffusion multiple et donc d’obtenir une densité spatiale très
élevée.

H. Katori a montré que la réalisation d’un piège magnéto-optique sur cette
transition étroite permet d’obtenir un gaz d’atomes froids avec une densité spa-
tiale élevée (1012 atomes/cm3) et une température très basse (400 nK) [21]. La
densité dans l’espace des phases correspondante est égale à n λ3

DB 	 0.01. En
utilisant en plus un piège dipolaire, H. Katori a réussi à encore augmenter la
densité dans l’espace des phases n λ3

DB 	 0.1 [22] étant ainsi proche du seuil de
condensation. Le strontium s’avère donc être un bon candidat pour obtenir un
condensat de Bose Einstein de manière optique sans évaporation.

Pour notre thématique de diffusion multiple, la transition d’intercombinaison
est aussi très intéressante. Les techniques de piégeage et de refroidissement uti-
lisant la transition étroite sont prometteuses pour atteindre une densité spatiale
suffisamment élevée pour être dans le régime de localisation forte de la lumière.
Dans la perspective de l’étude de la diffusion multiple d’ondes de matière, la tran-
sition d’intercombinaison est aussi intéressante car elle permet d’obtenir grâce à
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un refroidissement jusqu’à la température de recul des ondes matières cohérentes
(λDB = λopt).

La réalisation de ces techniques de piégeage et de refroidissement utilisant la
transition étroite demande un laser à 689 nm stabilisé en fréquence au kHz. Le
premier chapitre de cette partie sera donc consacré à la réalisation de ce laser. A
cette occasion, nous verrons comment décrire les propriétés spectrales d’un laser
et comment interviennent ces propriétés spectrales dans l’interaction du laser
avec un système physique. Dans le second chapitre, nous présenterons une étude
théorique du refroidissement Doppler sur une transition étroite.
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Chapitre 1

Laser stabilisé en fréquence

Afin de réaliser des expériences sur la transition d’intercombinaison du stron-
tium (largeur naturelle 7 kHz), nous avons besoin d’un laser stabilisé en fréquence
à 689 nm. Un laser standard qui a une largeur de raie de l’ordre du MHz ne peut
pas résoudre cette transition. Nous devrons donc rétrécir la largeur de raie de
notre laser en asservissant sa fréquence sur une référence. Des techniques d’as-
servissement qui permettent de réduire la largeur de raie d’un laser de plusieurs
ordres de grandeurs ont été développées à partir des années 80 [96]. Actuellement,
on peut obtenir une stabilité en fréquence allant jusqu’à 10−16 [101].

Ces lasers stabilisés en fréquence ont de nombreuses applications. On les re-
trouve par exemple dans les horloges atomiques où un laser stabilisé en fréquence
sur une transition étroite sert de référence de temps. L’extraordinaire stabilité de
ces lasers permet aussi de détecter des effets physiques très petits. On peut ainsi
réaliser des tests en physique fondamentale (détection d’ondes gravitationnelles,
dérives de constantes physiques...).

Dans ce chapitre, nous allons décrire la réalisation de notre laser stabilisé en
fréquence. Afin de pouvoir caractériser notre laser, nous allons commencer par
étudier les outils qui permettent de décrire les propriétés spectrales d’un laser.
Puis, nous analyserons l’influence de ces propriétés spectrales dans l’interaction
d’un laser avec un système physique tel qu’un interféromètre ou une vapeur ato-
mique.



230 CHAPITRE 1. LASER STABILISÉ EN FRÉQUENCE

1.1 Propriétés spectrales d’un laser

Dans un laser, la phase du champ électrique est soumise à différents types de
perturbations. Ces fluctuations de phase se traduisent par un certain spectre de
la lumière émise par le laser.

De nombreux processus physiques sont sources de ces fluctuations de phase. Le
bruit acoustique, les variations de la pression atmosphérique et de la température,
les fluctuations du taux de pompage... peuvent être responsables de variations de
la longueur optique de la cavité laser qui se traduisent par un bruit sur la fréquence
instantanée du laser et donc sur sa phase. Ces bruits techniques ne sont pas les
seuls responsables du bruit de phase dans un laser. L’émission spontanée dans
le mode laser provoque aussi des fluctuations de phase. Ceci impose une limite
fondamentale à la largeur de raie d’un laser (largeur de Schawlow-Townes).

Dans cette partie, nous ne nous intéresserons pas aux phénomènes physiques
qui sont à l’origine du bruit de phase. Nous supposerons que la phase du laser est
une fonction aléatoire du temps caractérisée par certaines grandeurs statistiques.
Nous décrirons dans un premier temps les grandeurs statistiques utilisées. Nous
établirons par la suite le lien entre le spectre du laser et le bruit de phase. Nous
illustrerons enfin ces propos avec des exemples particuliers de bruit.

1.1.1 Fonction aléatoire du temps

Cette partie a pour but de faire un résumé des notions à connâıtre sur les
fonctions aléatoires pour décrire le bruit de phase d’un laser. On peut retrouver
ces notions dans de nombreux ouvrages [91] [92].

Hypothèses

Soit x(t) une fonction aléatoire réelle du temps. Nous supposerons qu’elle est
stationnaire c’est à dire que les propriétés statistiques de la variable aléatoire
x(t) sont invariantes par translation dans le temps. Nous supposerons de plus que
x(t) est ergodique. Cette propriété indique que la moyenne sur les réalisations
est égale à la moyenne temporelle. Une seule réalisation de x(t) permet donc de
déterminer les grandeurs statistiques associées à la fonction aléatoire x(t). La
fonction x(t) sera bornée entre -T et T afin d’éviter la divergence de certaines
quantités comme par exemple l’énergie. Le temps T sera choisi suffisamment
grand pour ne pas modifier les propriétés statistiques de la fonction aléatoire.

Ces hypothèses seront appliquées à toutes les fonctions aléatoires du temps
rencontrées par la suite.
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Moments de x(t)

On se limitera aux deux premiers moments 1 de x(t). La valeur moyenne
est définie par :

〈x〉 =
1

2T

∫ T

−T

x(t) dt (1.1)

Le second moment appelé variance est défini de la façon suivante :

σ2
x = 〈x2〉 − 〈x〉2 (1.2)

La racine carrée de la variance est appelée l’écart type σx.

Propriétés temporelles et spectrales de la fonction aléatoire x(t)

Les propriétés temporelles d’une fonction aléatoire sont caractérisées par la
fonction d’autocorrélation définie par :

Rx(τ) = 〈x(t + τ) x(t)〉 (1.3)

La stationnarité implique que la fonction d’autocorrélation Rx(τ) ne dépend que
de τ . Elle entrâıne aussi que Rx(τ) est paire. On peut également montrer que
la fonction d’autocorrélation est maximum en τ = 0 avec une valeur égale à :
Rx(0) = σ2

x + 〈x〉2. La valeur de la fonction d’autocorrélation à l’infini est égale
à Rx(∞) = 〈x〉2.

Les propriétés spectrales d’une fonction aléatoire sont caractérisées par la
densité spectrale de puissance. C’est par définition la transformée de Fourier
de la fonction d’autocorrélation :

Sx(Ω) =

∫
Rx(τ)e−i Ω τ dτ (1.4)

On peut obtenir la variance de x(t) en intégrant la densité spectrale de puissance :

σ2
x =

1

2π

∫
Sx(Ω) dΩ − 〈x〉2 (1.5)

Transformée de Fourier de x(t)

La transformée de Fourier de x(t) est définie par :

x̂(Ω) =

∫
x(t) e−i Ωt dt (1.6)

x(t) =
1

2π

∫
x̂(Ω) ei Ωt dΩ (1.7)

1. Selon la loi de probabilité de x(t), les moments ne sont pas toujours définis. Si la loi de
probabilité de x(t) est par exemple lorentzienne, les moments d’ordres supérieurs ou égaux à 2
divergent.
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On peut directement relier la transformée de Fourier à certaines grandeurs sta-
tistiques. En utilisant les relations 1.1 et 1.6, on trouve que la valeur moyenne de
x(t) est proportionnelle à la transformée de Fourier de x en 0 :

〈x〉 =
x̂(0)

2T
(1.8)

On rappelle que x(t) est bornée entre -T et T.
En utilisant les relations 1.1, 1.3, 1.4 et 1.6, on peut montrer que la densité
spectrale de puissance est proportionnelle au module carré de la transformée de
Fourier (théorème de Wiener-Khintchine) :

Sx(Ω) =
| x̂(Ω) |2

2T
(1.9)

La densité spectrale de puissance est donc une quantité réelle et positive. Elle
représente la répartition en fréquence de la puissance de x(t).

Transmission par un filtre linéaire et stationnaire

Le but de ce paragraphe est de déterminer les propriétés statistiques d’un
bruit après un filtre linéaire et stationnaire. On rencontrera ce problème lorsque
l’on s’intéressera aux répercussions du bruit de phase sur des systèmes physiques
comme par exemple un interféromètre ou une vapeur atomique.

Soit y(t) la fonction aléatoire après le filtre et x(t) la fonction aléatoire avant
le filtre. Si le filtre est linéaire et stationnaire, y(t) peut être exprimé comme le
produit de convolution entre x(t) et une fonction h(t) qui représente la réponse
impulsionnelle du filtre :

y(t) =

∫
h(t′) x(t − t′) dt′ = h(t) ∗ x(t)

ŷ(Ω) = ĥ(Ω) x̂(Ω)

On peut dans ce cas calculer la valeur moyenne et la densité spectrale de
puissance de la fonction aléatoire après le filtre en utilisant les relations 1.8 et
1.9 :

Valeur moyenne :

〈y〉 = 〈x〉 ĥ(0) (1.10)

Densité spectrale de puissance :

Sy(Ω) = Sx(Ω) | ĥ(Ω) |2 (1.11)
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A partir des relations 1.5 et 1.4, on peut aussi calculer la variance et la fonction
d’autocorrélation de la fonction aléatoire après le filtre.

Si on connâıt la réponse impulsionnelle du filtre, on peut donc relier les pro-
priétés statistiques (valeur moyenne, variance, fonction d’autocorrélation, densité
spectrale de puissance) de la fonction aléatoire avant et après le filtre.

1.1.2 Description statistique du bruit de phase

Dans cette partie, nous définirons les grandeurs statistiques qui caractérisent
les propriétés spectrales d’un laser. Nous essayerons ensuite d’établir un lien entre
ces différentes grandeurs statistiques. On peut retrouver les résultats de cette
partie dans la référence [90].

Modélisation du champ électrique laser

Le champ électrique émis par le laser sera décrit de manière classique (champ
non quantifié). On ne s’intéressera pas au caractère vectoriel du champ électrique.
On supposera de plus que l’amplitude du champ électrique est constante. En effet,
pour les lasers fonctionnant largement au-dessus du seuil, le champ émis a une
amplitude stabilisée par la saturation du gain [94]. Les fluctuations relatives de
l’amplitude du champ sont donc généralement très petites. Par contre, il n’existe
pas un tel mécanisme qui stabilise la phase dans un laser [94]. Les caractéristiques
spectrales du laser seront donc en général uniquement déterminer par les fluctua-
tions de phase. Dans la suite, on négligera l’effet des fluctuations d’amplitude sur
les propriétés spectrales du laser.
Le champ laser sera donc modélisé de la façon suivante [90, 94] :

E(t) = E0 ei(ωLt+ϕ(t)) (1.12)

Dans cette équation, ωL représente la fréquence 2 moyenne du laser et ϕ(t) est
une fonction aléatoire du temps qui représente les fluctuations de phase du laser.
On prendra arbitrairement 〈ϕ〉 = 0. L’ajout d’une phase constante ne modifie
pas les propriétés spectrales du laser.
On définit la fréquence instantanée du laser par rapport à la fréquence moyenne
par :

ω(t) =
dϕ

dt
(t) (1.13)

Cette définition implique que 〈ω〉 = 0.
La lumière laser est ici caractérisée par trois fonctions aléatoires du temps : ϕ(t),
ω(t), E(t). Les propriétés spectrales du laser seront donc déterminées par les
propriétés statistiques de ces fonctions aléatoires.

2. Par soucis de lisibilité, on emploiera le terme de fréquence pour désigner une pulsation.
Un facteur de proportionnalité de 2π relie la pulsation et la fréquence. On préfère ici utiliser la
pulsation pour éviter de retrouver des facteurs 2π dans les différentes expressions.
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Grandeurs statistiques décrivant la phase et la fréquence instantanée

L’amplitude des fluctuations de phase ϕ(t) et de fréquence ω(t) seront ca-
ractérisées par leur écart type σϕ, σω. Les propriétés spectrales de ϕ(t) et de ω(t)
seront caractérisées par leur fonction d’autocorrélation Rϕ(τ), Rω(τ) et leur den-
sité spectrale de puissance Sϕ(Ω), Sω(Ω). Pour faire des comparaisons physiques,
il est plus facile d’exprimer ces grandeurs en unité de fréquence. On obtient alors :

Ecart type de la phase : σϕ [rad]
Fonction d’autocorrélation de la phase : Rϕ(τ) [rad2]
Densité spectrale de puissance de la phase : Sϕ(f) [rad2/Hz)]

Ecart type de la fréquence instantanée : σν [Hz]
Fonction d’autocorrélation de la fréquence instantanée : Rν(τ) [Hz2]
Densité spectrale de puissance de la fréquence instantanée : Sν(f) [Hz2/Hz]

En utilisant la relation 1.13, on peut montrer que les quantités statistiques
décrivant ω et ϕ sont reliées de la manière suivante :

Sω(Ω) = Ω2 Sϕ(Ω) (1.14)

Rω(τ) = − d2

dτ 2
Rϕ(τ) (1.15)

Sϕ(Ω) =
Sω(Ω)

Ω2
(1.16)

Rϕ(τ) =

∫
−|τ − t|

2
Rω(t) dt (1.17)

La dernière relation 1.17 s’obtient en réalisant la transformée de Fourier de
l’expression 1.16.

En utilisant 1.5, on peut aussi noter qu’on obtient la variance de la fréquence
instantanée en intégrant la densité spectrale de puissance de la fréquence :

σ2
ω =

1

2π

∫
Sω(Ω) dΩ (1.18)

On peut aussi introduire un temps de cohérence τcoh de l’émission laser.
Il peut être défini comme étant le temps au bout duquel la phase a tournée en
moyenne de 1 radian :

〈(ϕ(t + τcoh) − ϕ(t))2〉 = 1 rad2 (1.19)

Ce temps de cohérence est important en interférométrie pour caractériser la
cohérence temporelle du laser. Dans une expérience d’interférométrie, le champ
électrique laser en deux (ou plusieurs) instants différents est sommé. On compare
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donc la phase du laser en deux (ou plusieurs) instants. Si le décalage temporel
est très petit devant ce temps de cohérence τcoh, les fluctuations de la phase du
laser seront petites devant 1 pendant une durée égale à ce décalage temporel. Les
interférences seront alors parfaitement contrastées, on pourra alors considérer
pour l’expérience d’interférométrie que le laser est monochromatique. Dans la
situation où le décalage temporel de l’interféromètre est grand devant le temps
de cohérence τcoh, la phase du laser est complètement décorrélée au bout de ce
décalage temporel. Dans ce cas, les interférences sont complètement brouillées. Le
laser sera alors considéré comme incohérent pour l’expérience d’interférométrie
réalisée.

Grandeurs statistiques décrivant le champ électrique

Les propriétés temporelles du champ électrique sont caractérisées par la fonc-
tion d’autocorrélation du champ définie par 3:

RE(τ) = 〈E(t + τ) E(t)〉 (1.20)

La densité spectrale de puissance du champ électrique SE(Ω) est définie
comme la transformée de Fourier de la fonction d’autocorrélation donnée ci-
dessus.

SE(Ω) =

∫
RE(τ)e−iΩτ dτ (1.21)

SE(Ω) représente le spectre de la lumière émise par le laser. Elle peut être ca-
ractérisée par sa largeur à mi-hauteur ∆ω. Il est important de remarquer que la
largeur spectrale du laser ∆ω et l’écart type de la fréquence instantanée
σω ne représentent pas la même quantité physique. La relation entre ces
deux quantités dépend de la nature du bruit considéré.

Relation entre le spectre du laser et le bruit de phase ou de fréquence

Nous verrons dans la partie 1.2 qu’il est important de connâıtre le spectre
optique d’un laser pour caractériser son interaction avec un système physique.
Souvent cette information est difficile à obtenir, on a plutôt connaissance du bruit
sur la fréquence instantanée. L’étude de la relation entre le bruit de fréquence et
le spectre laser est donc très utile en pratique.

La relation entre le spectre d’une onde et son bruit de phase ou de fréquence
a été étudiée pour la première fois par Middleton[91]. Par la suite, Elliott, Roy
et Smith [93] ont réalisé une étude théorique et expérimentale du spectre laser en
fonction des caractéristiques du bruit en fréquence. Le calcul qui suit est détaillé
dans ces deux références.

3. Comme le champ électrique est représenté par une fonction complexe, le complexe conjugué
du champ intervient dans l’expression de RE(τ)
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En introduisant l’expression du champ électrique 1.12 dans la définition de la
fonction d’autocorrélation du champ 1.20, on obtient :

RE(τ) = E2
0 eiωLτ 〈ei(ϕ(t+τ)−ϕ(t))〉

Cette quantité fait intervenir tous les moments de ϕ(t+τ)−ϕ(t). Pour obtenir une
relation exploitable entre le spectre du laser et la densité spectrale de puissance de
la phase (ou de la fréquence), il faut faire une hypothèse concernant les moments
d’ordres élevés de ϕ(t + τ)− ϕ(t). On supposera ici que la densité de probabilité
de la variable aléatoire ϕ(t + τ) − ϕ(t) est gaussienne. Ceci implique que :

〈(ϕ(t + τ) − ϕ(t))2n〉 =
(2n)!

2n n!
〈(ϕ(t + τ) − ϕ(t))2〉n

Notons que cette hypothèse est vérifiée en particulier pour le modèle de diffu-
sion de phase qui décrit les fluctuations de phase dans un laser provoquées par
l’émission spontanée [94]. Par contre la validité de cette hypothèse pour des fluc-
tuations de phase d’origine technique dépendra de la nature du bruit.
En réalisant cette hypothèse, on obtient donc en développant l’exponentielle en
série :

RE(τ) = E2
0 eiωLτe−

〈(ϕ(t+τ)−ϕ(t))2〉
2 (1.22)

Avant de continuer le calcul, on peut remarquer dans la formule précédente que la
largeur de la fonction d’autocorrélation est directement liée au temps de cohérence
τcoh (voir 1.19) :

|RE(τcoh)| = e−0.5 |RE(0)| 	 0.6 |RE(0)|
La largeur de la fonction d’autocorrélation du champ RE(τ) est donc proportion-
nelle au temps de cohérence τcoh. Le spectre optique SE(Ω) étant la transformée
de Fourier de la fonction d’autocorrélation du champ RE(τ), la largeur spectrale
∆ω est inversement proportionnelle à la largeur de la fonction d’autocorrélation
du champ RE(τ) et donc au temps de cohérence (∆ω ∝ 1/τcoh)

4. On a donc ici
établi un lien qualitatif entre la largeur spectrale du laser et les fluctuations de
phase : l’inverse de la largeur spectrale correspond environ au temps
moyen au bout duquel la phase du laser ϕ(t)a tournée de 1 radian.

Afin d’obtenir une relation quantitative entre le spectre optique et les pro-
priétés statistiques de la phase et de la fréquence, nous allons exprimer la quan-
tité 〈(ϕ(t + τ) − ϕ(t))2〉 en fonction de la densité spectrale de puissance de la
fréquence Sω(Ω). En utilisant les relations 1.3, 1.17 et 1.4, on peut montrer que :

〈(ϕ(t + τ) − ϕ(t))2〉 = 2(Rϕ(0) − Rϕ(τ))

= 2

∫ τ

0

Rω(t)(τ − t) dt

=
1

π

∫
Sω(Ω)

1 − cos(Ωτ)

Ω2
dΩ

4. Le facteur de proportionnalité entre 1/τcoh et ∆ω dépend de la forme du spectre optique.
Par exemple, pour un spectre lorentzien le facteur de proportionnalité est égal à 1 : ∆ω = 1/τcoh.
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On obtient finalement pour la fonction d’autocorrélation, l’expression suivante :

RE(τ) = E2
0 eiωLτ exp

(
− 1

2π

∫
Sω(Ω)

1 − cos(Ωτ)

Ω2
dΩ

)
(1.23)

Le spectre du laser s’obtient en réalisant la transformée de Fourier de la fonction
d’autocorrélation :

SE(Ω) =

∫
RE(τ)e−iΩτ dτ (1.24)

Si on connâıt la densité spectrale de puissance de la fréquence instantanée
Sω(Ω) et si la variable aléatoire ϕ(t + τ) − ϕ(t) est gaussienne, on peut donc
calculer le spectre du laser SE(Ω) (forme, largeur à mi-hauteur) en utilisant 1.23 et
1.24. Différents exemples de bruit en fréquence seront étudiés dans le paragraphe
suivant.

1.1.3 Exemples de bruit

Modulation sinusöıdale de la phase du laser

La modulation sinusöıdale de la phase du laser n’est pas vraiment un exemple
de bruit car la phase du laser est une fonction déterministe. Il est cepen-
dant intéressant de déterminer les différentes grandeurs statistiques associées à
cette modulation de phase. En effet, certains bruits acoustiques (vibration d’une
pompe) ou certaines perturbations électriques (secteur) peuvent induire une mo-
dulation de phase du laser. De plus, cet exemple nous donnera une idée plus
intuitive des grandeurs statistiques associées au bruit de phase d’un laser.
Dans le cas d’une modulation sinusöıdale de la phase, on peut écrire :

ϕ(t) = β sin(ωmt)

où ωm est la fréquence de la modulation et β représente l’indice de modulation.
Les expressions de la fréquence instantanée et du champ électrique se déduisent
de l’expression de ϕ(t) :

ω(t) = dω cos(ωmt) avec dω = β ωm

E(t) = E0e
i(ωLt+β sin(ωmt))

= E0

(
J0(β)eiωLt +

∞∑
l=1

Jl(β)ei(ωL+l ωm)t +

∞∑
l=1

(−1)lJl(β)ei(ωL−l ωm)t

)
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A partir de ces expressions, on peut calculer la densité spectrale de puissance
pour la phase, la fréquence et le champ électrique :

Sϕ(Ω) = 2π
β2

4
(δ(Ω − ωm) + δ(Ω + ωm))

Sω(Ω) = 2π
dω2

4
(δ(Ω − ωm) + δ(Ω + ωm))

SE(Ω) = 2π E2
0

(
+∞∑

l=−∞
J2

l (β) δ(Ω− (ωL + l ωm))

)

L’expression de SE(Ω) obtenue ci-dessus est calculée à partir de l’expression de
E(t) en utilisant les relations 1.20 et 1.24. La formule 1.23 reliant SE(Ω) et Sω(Ω)
ne peut pas être utilisée ici car la densité de probabilité de ϕ(t + τ) − ϕ(t) n’est
pas gaussienne.
La figure 1.1 compare la densité spectrale de puissance de la fréquence instantanée
et du champ électrique. L’indice de modulation est choisi arbitrairement égal à
4.5. On peut remarquer que Sω(Ω) comporte deux pics en +ωm et −ωm. Par
contre SE(Ω) comporte une série de pics distants de ωm. L’amplitude de ces pics
décrôıt très rapidement lorsque |Ω − ωL| > β ωm = dω.

� �−1 Ω
ω�

�ω�Ω)

�

���Ω)

Ω−ω�
ω�

1 2 3 � 	 �−1−2−3−4−5−6

β

Fig. 1.1 – Densité spectrale de puissance de la fréquence instantanée Sω(Ω) et du
champ électrique SE(Ω) pour une modulation sinusöıdale de la phase d’amplitude
β = 4.5
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Bruit blanc sur la fréquence instantanée

Le bruit blanc est un type de bruit que l’on rencontre souvent en physique
(bruit thermique, bruit de photons, bruit Schottky...). Il est caractérisé par une
densité spectrale de puissance S(Ω) constante. Les valeurs prises par le bruit en
deux instants différents sont alors décorrélées.

Dans cet exemple, nous supposerons que la fréquence instantanée a les
caractéristiques d’un bruit blanc. On peut montrer que dans cette situation la
phase obéit à une équation de diffusion.

Cet exemple illustre parfaitement les fluctuations de phase provoquées par
l’émission spontanée [94]. Dans ce cas, la phase suit une marche au hasard et la
fréquence instantanée a donc les caractéristiques d’un bruit blanc. Cet exemple
de bruit est par contre mal adapté aux bruits techniques. Ceux-ci donnent en
général une densité spectrale de puissance inversement proportionnelle à la
fréquence.

Pour un bruit blanc sur la fréquence instantanée, les grandeurs statistiques
associées à la phase et à la fréquence instantanée peuvent s’exprimer de la façon
suivante :

Sω(Ω) = S0
ω si |Ω| < B

= 0 si |Ω| > B B : bande passante du bruit

σ2
ω = S0

ω . B
π

Sϕ(Ω) = S0
ω

Ω2 si |Ω| < B
= 0 si |Ω| > B

σ2
ϕ → +∞

Comme la phase suit une équation de diffusion, la densité de probabilité de
ϕ(t + τ) − ϕ(t) est gaussienne. On peut donc calculer cette fois-ci la fonction
d’autocorrélation du champ électrique en utilisant la formule 1.23 :

RE(τ) = E2
0 eiωLτ exp

(
− 1

2π

∫ +B

−B

S0
ω

1 − cos(Ωτ)

Ω2
dΩ

)
L’intégrale ci-dessus n’admet pas de solution analytique simple. On peut cepen-
dant évaluer cette intégrale pour deux valeurs limites de τ .

τ >>
1

B
RE(τ) = E2

0 eiωLτ e
−S0

ω |τ |
2 (1.25)

τ <<
1

B
RE(τ) = E2

0 eiωLτ e
−σ2

ω τ2

2 (1.26)
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La densité spectrale de puissance du champ SE(Ω) qui est la transformée de
Fourier de RE(τ) aura donc une forme lorentzienne lorsque (Ω − ωL) << B et
une forme gaussienne lorsque (Ω − ωL) >> B. L’étude précise du spectre en
fonction du rapport entre σω et B a été réalisée par Elliott, Roy et Smith [93].
On se contentera ici de donner le spectre pour deux cas limites.

Lorsque σω >> B (S0
ω >> B), la densité spectrale de puissance du champ

électrique s’obtient en effectuant la transformée de Fourier de 1.25 ; on a alors un
spectre gaussien :

SE(Ω) ≈
√

2π E2
0

σω
e
− (Ω−ωL)2

2 σ2
ω (1.27)

La largeur à mi-hauteur correspondante est égale à :

∆ω =
√

8 ln 2

√
S0

ω B

π
=

√
8 ln 2 σω 	 2.4 σω (1.28)

Dans ce cas, la largeur à mi-hauteur du spectre optique ∆ω dépend fortement
de la bande passante du bruit blanc B. On peut aussi remarquer que la largeur
à mi-hauteur ∆ω est directement proportionnelle à l’amplitude du bruit de
fréquence σω.

Lorsque σω << B (S0
ω << B), la densité spectrale de puissance du champ

électrique s’obtient en effectuant la transformée de Fourier de 1.26 ; on a alors un
spectre lorentzien :

SE(Ω) ≈ 4 E2
0

S0
ω

1

1 + 4(Ω−ωL

S0
ω

)2
(1.29)

La largeur à mi-hauteur correspondante est égale à 5 :

∆ω = S0
ω =

π σ2
ω

B
(1.30)

Ici, la largeur à mi-hauteur ∆ω du spectre optique est indépendante de la bande
passante du bruit et est directement égale à la densité spectrale de puissance de
la fréquence instantanée S0

ω.

Dans cet exemple, nous avons donné la relation entre le spectre optique
SE(Ω) et la densité spectrale de puissance de la fréquence Sω(Ω) dans le cas
d’un bruit blanc en fréquence. Dans la cas général où l’écart type sur le bruit en
fréquence σω est très petit devant la bande passante du bruit B, on obtient un
spectre optique lorentzien avec une largeur à mi-hauteur ∆ω égale à la densité
spectrale de puissance de la fréquence S0

ω.

5. En unité de fréquence (Hz), on obtient ∆ν = 2π S0
ν .
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Fig. 1.2 – Densité spectrale de puissance de la fréquence Sω(Ω) et du champ
électrique SE(Ω) pour un bruit blanc en fréquence

Bruits quelconques

Dans le cas général, la densité spectrale de puissance de la fréquence Sω(Ω) a
une allure quelconque. Pour obtenir le spectre optique du laser, il faut supposer
que la densité de probabilité de ϕ(t + τ) − ϕ(t) est gaussienne et résoudre
numériquement les équations 1.23 et 1.24.

Pour obtenir une limite supérieure à la largeur du spectre laser, on peut
assimiler le bruit en fréquence du laser à un bruit blanc de fréquence dont la
densité spectrale de puissance est égale au maximum de la véritable densité
spectrale de puissance de fréquence. Ensuite suivant le rapport entre l’écart
type de la fréquence instantanée et la bande passante du bruit, on utilisera
l’expression 1.28 ou 1.30 pour obtenir la borne supérieure de la largeur spectrale
du laser. Souvent cette estimation est suffisante pour savoir si la largeur spectrale
du laser est gênante pour les expériences à réaliser.

Il faut noter que dans certains cas où la densité spectrale de puissance
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de la fréquence Sω(Ω) diverge en zéro (bruit technique Sω(Ω) ∝ 1/Ω), l’écart
type de la fréquence instantanée σω et la largeur spectrale ∆ω divergent. Pour
obtenir une valeur finie de ces grandeurs, il faut définir une fenêtre temporelle
qui permet de couper le bruit à basse fréquence. Dans ce cas, lorsqu’on donne
la largeur spectrale d’un laser, il faut aussi préciser la fenêtre temporelle
choisie. Plus cette fenêtre temporelle sera grande et plus la largeur spectrale
obtenue sera grande. Par exemple, pour une diode laser sur réseau où le
bruit de fréquence est dominé par le bruit technique, on aura typiquement une
largeur spectrale de 1 MHz sur 50 ms et une largeur spectrale de 5 MHz sur 20 s.

Dans cette partie, nous avons vu que les propriétés spectrales d’un laser
peuvent être décrites avec les grandeurs statistiques associées à la phase, à la
fréquence instantanée ou au champ électrique. La relation entre ces grandeurs
peut être difficile à obtenir et peut dépendre de la nature du bruit. En pratique,
la grandeur statistique pertinente pour décrire les propriétés spectrales du laser
dépend du système physique avec lequel le laser interagit.



1.2. INTERACTION AVEC UN SYSTÈME PHYSIQUE 243

1.2 Interaction avec un système physique

Lorsqu’on décrit l’interaction d’un laser avec un système physique, on suppose
généralement que le laser est monochromatique. Cependant dans certains cas, le
bruit de phase du laser peut modifier la réponse du système. Dans cette partie,
nous nous proposons de relier les caractéristiques spectrales du laser aux gran-
deurs mesurées expérimentalement sur le système physique. Cette étude présente
trois intérêts pour la réalisation d’un laser stabilisé en fréquence. Elle permet
premièrement de donner les critères à imposer aux propriétés spectrales du la-
ser pour que son bruit de phase ne perturbe pas les expériences à réaliser. Le
deuxième intérêt est de donner des techniques expérimentales qui permettent
de mesurer les propriétés spectrales d’un laser. Cette étude permet enfin de ca-
ractériser la boucle de rétroaction d’un asservissement en fréquence. En effet, on
examinera comment les fluctuations de fréquence du laser sont transmises sur le
signal d’erreur d’un asservissement.

La manifestation du bruit de phase dépend du système physique utilisé. On
étudiera donc quatre systèmes physiques particuliers : battement entre deux la-
sers, interféromètre à deux ondes, Fabry Perot, atomes.

1.2.1 Battement entre deux lasers indépendants

Le battement entre deux lasers est une expérience que l’on fait généralement
pour mesurer les propriétés spectrales d’un des lasers. Nous verrons dans cette
partie comment relier le signal de battement au spectre optique des lasers.

lame semi-réflechissante

I(t)laser 1

laser 2

Fig. 1.3 – Battement entre deux lasers

L’expérience consiste à faire interférer deux lasers différents (voir figure 1.3).
On supposera que leur intensité est constante. Le signal d’interférence mesuré est
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alors le suivant :

I(t) = |E1(t) + E2(t)|2 = |E1|2 + |E2|2 + E1(t)E2(t) + E1(t)E2(t)

On ne s’intéresse ici qu’a la partie dépendante du temps s(t) :

s(t) = E1(t)E2(t) + cc

On suppose à présent que le bruit de phase du premier laser et le bruit de phase
du second sont décorrélés. On peut alors facilement calculer la fonction d’auto-
corrélation de s(t) en utilisant les relations 1.3 et 1.20 :

Rs(τ) = RE1(τ) RE2(τ) + cc

On obtient la densité spectrale de puissance de s(t) en effectuant la transformée
de Fourier de l’expression précédente :

Ss(Ω) =
1

2π

∫
SE1(Ω

′)SE2(Ω + Ω′) dΩ′ +
1

2π

∫
SE1(Ω

′)SE2(−Ω + Ω′) dΩ′

La densité spectrale de puissance du signal de battement Ss(Ω) est donc un
produit de convolution entre les spectres optiques des deux lasers.
On peut donc déterminer par cette méthode le spectre optique d’un laser si on
connâıt le second. Par exemple, si le second laser a une largeur spectrale très
petite devant le premier (spectre assimilé à un pic de Dirac), la densité spectrale
de puissance du signal de battement Ss(Ω) nous donne le spectre du premier laser
à un décalage en fréquence près.

Ss(Ω) ∝ SE1(−Ω + ωL2) + SE1(Ω + ωL2)

On peut aussi connâıtre le spectre du laser si on utilise deux lasers identiques
mais avec des bruits de phase décorrélés. La densité spectrale de puissance du
signal de battement Ss(Ω) est donc dans ce cas égale au spectre du laser convolué
avec lui-même.

Ces méthodes de détermination du spectre laser sont difficiles à implémenter
en pratique car elles nécessitent l’emploi d’un laser de référence ou la construction
d’un laser identique. Nous verrons dans la suite des méthodes de mesure des
propriétés spectrales d’un laser moins contraignantes.

1.2.2 Interféromètre à deux ondes

Nous allons à présent analyser l’effet du bruit de phase sur un interféromètre
à deux ondes (type Michelson). C’est un système simple qui nous permet de
relier facilement les caractéristiques de signaux mesurés expérimentalement aux
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lame semi-réflechissante
(50/50)

∆L

τ
i
 = 2 ∆L / c

I(t)

Fig. 1.4 – Interféromètre de Michelson

grandeurs statistiques décrivant la lumière laser.

L’intensité en sortie de l’interféromètre peut s’écrire sous la forme :

I(t) = |E(t) + E(t + τi)|2

où τi représente le retard temporel entre les deux bras de l’interféromètre (figure
1.4).
Si on modélise le champ électrique du laser par E0 ei(ωLt+ϕ(t)) (voir page 233),
l’intensité en sortie de l’interféromètre donne :

I(t) = 2E2
0 + s(t)

avec
s(t) = E(t)E(t + τi) + cc = 2E2

0 cos(ωL τi + ϕ(t + τi) − ϕ(t))

Nous allons à présent relier les grandeurs statistiques décrivant la partie
dépendante du temps de l’intensité en sortie d’interféromètre s(t) aux grandeurs
statistiques décrivant la lumière émise par le laser. Ces relations sont difficiles à
déterminer dans le cas général. On se limitera ici à deux cas particuliers.

Franges d’interférences brouillées

On se place dans la situation où E(t+τi) et E(t) sont décorrélés. Les franges de
l’interféromètre sont donc complètement brouillées. On est dans le cas où le temps
de cohérence du laser τcoh est très petit devant le retard temporel entre les deux
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bras de l’interféromètre τi, la largeur spectrale du laser ∆ω ∝ 1/τcoh est donc très
grande devant 1/τi. Cette situation est analogue au battement entre deux lasers
identiques mais décorrélés. On obtient donc pour la fonction d’autocorrélation
du signal d’interférence s(t).

Rs(τ) = |RE(τ)|2 + cc

La densité spectrale de puissance du signal de l’interféromètre s’écrit donc :

Ss(Ω) =
1

π

∫
SE(Ω′)SE(Ω + Ω′) dΩ′

Dans ce cas, la mesure de Ss(Ω) nous donne directement le spectre du laser à une
convolution près. Pour satisfaire l’hypothèse de ce calcul, il faut que la différence
de marche entre les deux bras de l’interféromètre soit très grande devant la lon-
gueur de cohérence du laser (lcoh = c τcoh ∼ c/∆ν). La mesure du spectre d’un
laser standard avec une largeur de raie de l’ordre du MHz nécessite l’emploi
d’une fibre optique de longueur très grande devant 300 m. Par contre pour me-
surer le spectre d’un laser stabilisé en fréquence au kHz, l’interféromètre devient
irréalisable car il faudrait une longueur de fibre très grande devant 300 km.

Franges d’interférences parfaitement contrastées

On suppose ici que ϕ(t + τi) − ϕ(t) << 1. Les franges d’interférence sont
alors parfaitement contrastées. On est dans la situation où le temps de cohérence
du laser τcoh est très grand devant le retard temporel entre les deux bras de
l’interféromètre. La largeur spectrale du laser ∆ω ∝ 1/τcoh est donc ici très pe-
tite devant 1/τi. C’est le cas de la plupart des lasers interagissant avec un in-
terféromètre.

Pour simplifier le problème, on se placera arbitrairement sur le flanc d’une
frange d’interférence (cos(ωL τi) = 0). On obtient donc pour le signal d’in-
terférence :

s(t) = 2E2
0 sin(ϕ(t + τi) − ϕ(t))

L’hypothèse ϕ(t+τi)−ϕ(t) << 1 nous permet de simplifier l’expression ci-dessus.
On obtient alors :

s(t) ≈ 2E2
0(ϕ(t + τi) − ϕ(t)) (1.31)

On peut remarquer dans cette expression que le signal de l’interféromètre
s(t) est directement proportionnel à la fréquence instantanée du laser ω(t) si les
variations de la fréquence instantanée sont plus lentes que τi. On a dans ce cas :

s(t) = 2E2
0 τi ω(t)

L’équation 1.31 nous montre aussi que l’interféromètre se comporte comme un
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filtre linéaire et stationnaire pour la phase. En effet, s(t) peut se mettre sous forme
du produit de convolution de la phase du laser et d’une fonction h(t) représentant
la réponse impulsionnelle du filtre :

s(t) = h(t) ∗ ϕ(t)

avec
h(t) = 2E2

0(δ(t + τi) − δ(t))

ĥ(Ω) = 2E2
0(e

iΩτi − 1)

En utilisant la relation 1.11, on peut calculer la densité spectrale de puissance
de s(t) :

Ss(Ω) = 8E4
0 (1 − cos(Ωτi)) Sϕ(Ω)

On peut introduire la densité spectrale de puissance de la fréquence en utilisant
la relation 1.14 :

Ss(Ω) = 8E4
0

1 − cos(Ωτi)

Ω2
Sω(Ω) (1.32)

Dans le cas où la largeur spectrale du laser est très petite devant 1/τi, on a donc
établi une relation simple entre la densité spectrale de puissance du bruit sur
l’intensité en sortie d’interféromètre et la densité spectrale de puissance de la
fréquence instantanée. Lorsque Ω << 1/τi, Ss(Ω) est même directement propor-
tionnelle à Sω(Ω) :

Ss(Ω) = 4E4
0 τ 2

i Sω(Ω) , Ω << 1/τi

On retrouve bien que pour des perturbations en fréquence plus lentes que τi, le
signal de l’interféromètre est proportionnel à la fréquence instantanée ω(t). Pour
des fluctuations de fréquence plus rapide, il faut tenir compte de la fonction de
transfert de l’interféromètre.

Si on analyse le signal de l’interféromètre, on peut donc calculer la densité
spectrale de puissance de la fréquence instantanée du laser Sω(Ω). De plus, si on
suppose que ϕ(t + τ) − ϕ(t) est gaussien, on peut en déduire le spectre optique
du laser SE(Ω) en utilisant la formule 1.23.

Il faut cependant noter que la référence de fréquence est l’interféromètre. Si
cette référence n’est pas stable (variation de la différence de marche entre les deux
bras de l’interféromètre), les propriétés spectrales du laser ne seront pas connues
de manière absolue mais par rapport à l’interféromètre.
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1.2.3 Interféromètre de Fabry Perot

L’interaction d’un laser non monochromatique avec un interféromètre de Fa-
bry Perot est une situation que l’on rencontre souvent en optique. En utilisant le
Fabry Perot comme un spectromètre, on peut savoir si un laser est monomode ou
multimode. On peut aussi se servir d’un Fabry Perot pour asservir en fréquence
un laser. Dans ce cas, il est important de savoir comment l’interféromètre réagit
aux fluctuations de la fréquence du laser.

Nous allons commencer par rappeler les expressions de la réflexion et la
transmission d’une cavité Fabry Perot. Nous essayerons ensuite de relier les ca-
ractéristiques de l’intensité réfléchie et transmise par le Fabry Perot aux pro-
priétés spectrales du laser.

Réflexion et transmission d’une cavité Fabry Perot

On prendra ici un Fabry Perot constitué de deux miroirs identiques situés à
une distance L l’un de l’autre. Ces miroirs sont caractérisés par leurs coefficients
de réflexion en amplitude r, r’ et leurs coefficients de transmission en amplitude t,
t’ (voir figure 1.5). On supposera que les miroirs sont sans pertes (pas d’absorp-
tion) et que leurs coefficients de réflexion et de transmission sont indépendants de
la fréquence laser à l’échelle de sa largeur spectrale. La conservation de l’énergie et
le principe de retour inverse de la lumière imposent à ces coefficients de réflexion
et de transmission les relations suivantes :

|r′|2 = |r|2 = R
|t′|2 = |t|2 = T

R + T = 1 (1.33)

r = −r′

t t′ = Teiϕ0 r′2 = r2 = Reiϕ0

où ϕ0/2 est le déphasage subie par l’onde à la réflexion.

Pour calculer le champ électrique transmis Et(t) et réfléchi Er(t) par la cavité
avec un champ électrique incident Ei(t), on somme tous les ondes réfléchies de
manière multiple à l’intérieur de la cavité :

Et(t) = t t′ Ei(t − τc

2
) + t t′ r2 Ei(t − τc

2
− τc) + t t′ r4 Ei(t − τc

2
− 2τc) + ...

Er(t) = r′ Ei(t) + t t′ r Ei(t − τc) + t t′ r3 Ei(t − 2τc) + ...

τc = 2L/c est le temps mis par la lumière pour effectuer un aller-retour dans la
cavité.



1.2. INTERACTION AVEC UN SYSTÈME PHYSIQUE 249

Et(t)
Ei(t)

Er(t)

r r'

t

t'

L

τc = 2L/c

Fig. 1.5 – Fabry Perot

En utilisant les relations 1.33, on obtient alors :

Et(t) = Tei ϕ0

∞∑
n=0

Rn ei n ϕ0 Ei(t − τc

2
− n τc) (1.34)

Er(t) = r

(
−Ei(t) + Tei ϕ0

∞∑
n=0

Rn ei n ϕ0 Ei(t − τc − n τc)

)
(1.35)

On peut mettre les équations précédentes sous forme d’un produit de convolution :

Et(t) = tc(t) ∗ Ei(t)

Er(t) = rc(t) ∗ Ei(t)
(1.36)

tc(t) et rc(t) sont les réponses impulsionnelles de la transmission et de la réflexion
de la cavité :

tc(t) = Tei ϕ0

∞∑
n=0

Rn ei n ϕ0 δ(t − τc

2
− nτc) (1.37)

rc(t) = r

(
−δ(t) + Tei ϕ0

∞∑
n=0

Rn ei n ϕ0 δ(t − τc − nτc)

)
(1.38)

La cavité se comporte donc comme un filtre linéaire et stationnaire pour les
champs électriques réfléchis et transmis par la cavité. Dans l’espace de
Fourier, les relations 1.36 donnent :

Êt(Ω) = t̂c(Ω) Êi(Ω)

Êr(Ω) = r̂c(Ω) Êi(Ω)
(1.39)
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r̂c(Ω) et de t̂c(Ω) sont les coefficients de réflexion et de transmission en amplitude
pour une onde monochromatique 6:

t̂c(Ω) =
T

1 − R e−i (Ω τc−ϕ0)
(1.40)

r̂c(Ω) =
√

R

(
−1 +

Te−i (Ωτc−ϕ0)

1 − R e−i (Ω τc−ϕ0)

)
(1.41)

Ces coefficients de réflexion et de transmission sont périodiques en Ω. La période
correspondante est appelée intervalle spectral libre ∆ωISL et est donnée par la
relation :

∆ωISL = 2π
1

τc
= 2π

c

2L
(1.42)

Si on fait l’approximation que la fréquence laser est proche d’une fréquence
de résonance de la cavité ω0 (ω0 τc − ϕ0 = 2kπ, k entier) et que les coefficients
de réflexion des miroirs sont proches de 1 (R ∼ 1), les coefficients de réflexion et
de transmission de la cavité pour une onde monochromatique se simplifient. On
obtient alors :

t̂c(Ω) 	 1

1 + i 2 (Ω−ω0)
∆ωc

(1.43)

r̂c(Ω) 	 1 − 1

1 + i 2 (Ω−ω0)
∆ωc

=
i 2(Ω−ω0)

∆ωc

1 + i 2 (Ω−ω0)
∆ωc

(1.44)

où ∆ωc est la largeur à mi-hauteur des pics de transmission et de réflexion de la
cavité (voir figure 1.6) :

∆ωc =
∆ωISL

F (1.45)

La finesse de la cavité F est définie comme :

F =
π
√

R

1 − R
(1.46)

Sur la figure 1.6, on a représenté le module et la phase des coefficients de réflexion
et de transmission.

6. Ces coefficients de réflexion et de transmission sont donnés à un facteur de phase global
près afin d’alléger les expressions des calculs suivants. Ce facteur de phase ne jouera aucun rôle
dans la physique du problème.
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Fig. 1.6 – Transmission et réflexion d’un Fabry Perot pour un laser monochro-
matique

Valeur moyenne de l’intensité réfléchie et transmise par un Fabry Perot

Nous allons calculer la valeur moyenne de l’intensité transmise 〈It〉 et réfléchie
〈Ir〉 par le Fabry Perot pour un laser non monochromatique . La relation 1.8 nous
permet de relier ces valeurs moyennes à la transformée de Fourier de l’intensité
transmise et réfléchie :

〈It〉 =
Ît(0)

2T
=

1

2T

1

2π

∫
Êt(Ω)Êt(Ω) dΩ

〈Ir〉 =
Îr(0)

2T
=

1

2T

1

2π

∫
Êr(Ω)Êr(Ω) dΩ

En utilisant les relations 1.39 et le théorème de Wiener-Khintchine (1.9), on
obtient finalement :

〈It〉 =
1

2π

∫
SE(Ω) |t̂c(Ω)|2 dΩ (1.47)

〈Ir〉 =
1

2π

∫
SE(Ω) |r̂c(Ω)|2 dΩ (1.48)
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On trouve finalement une relation simple pour l’intensité moyenne réfléchie
et transmise pour un laser non monochromatique. Il suffit simplement d’intégrer
les coefficients de transmission ou de réflexion en intensité sur le spectre optique
du laser. Si on balaye la fréquence du laser autour de la résonance, on obtient
donc la convolution entre le spectre du laser et les coefficients de réflexion et
de transmission en intensité. Si la largeur spectrale du laser est grande devant
la largeur des pics du Fabry Perot, on peut donc obtenir par cette méthode le
spectre de notre laser. Par exemple, si le spectre du laser est lorentzien de largeur
à mi-hauteur ∆ω, les valeurs moyennes de l’intensité transmise et réfléchie sont
des lorentziennes de largeur à mi-hauteur ∆ωc + ∆ω.

Fluctuation de l’intensité réfléchie et transmise par le Fabry Perot

Le calcul des fluctuations de l’intensité transmise et réfléchie par la cavité est
difficile dans le cas général. Le Fabry Perot se comporte comme un filtre linéaire
et stationnaire pour le champ électrique mais pas pour l’intensité. Le calcul de
la variance et du spectre des fluctuations d’intensité fait intervenir les moments
d’ordre élevés du champ électrique. Il faut donc faire des hypothèses sur le bruit
de phase du laser. Ce calcul a été réalisé par B.A. Fergurson et D.S. Elliott pour
des exemples particuliers de bruit [95].

On se propose ici de calculer les fluctuations de l’intensité transmise et
réfléchie par le Fabry Perot pour un type de bruit de fréquence quelconque mais
dans deux conditions limites. Les calculs seront effectués pour l’intensité trans-
mise par la cavité. Le calcul de la réflexion est analogue, on remplacera dans les
résultats obtenus en transmission tc par rc.

En utilisant la relation 1.36, l’intensité transmise par le Fabry Perot peut
s’écrire :

It(t) = E(t)E(t) =

∫ ∫
tc(t

′) tc(t′′) Ei(t − t′) Ei(t − t′′) dt′dt′′

En modélisant le champ électrique incident sur la cavité par E0 ei(ωLt+ϕ(t)) (voir
page 233), on obtient :

It(t) = E2
0

∫ ∫
tc(t

′) tc(t′′) e−iωLt′ eiωLt′′ ei(ϕ(t−t′)−ϕ(t−t′′)) dt′dt′′ (1.49)

Cette expression est valable pour un bruit en fréquence quelconque mais elle est
difficilement exploitable. On va donc se restreindre à deux cas limites.

Le premier cas limite est de prendre des perturbations de fréquences
très lentes devant le temps de vie de la cavité (1/∆ωc). Les réponses
impulsionnelles de la transmission tc(t) et de la réflexion rc(t) du Fabry Perot
s’étendent sur un temps correspondant au temps de vie de la cavité 1/∆ωc. Dans
l’expression 1.49, t’ et t” sont donc inférieurs ou de l’ordre de 1/∆ωc. Pour des
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fluctuations de la fréquence instantanée lente devant le temps de vie de la cavité,
on peut donc effectuer les développements limités suivants : ϕ(t − t′) = ϕ(t) −
t′ω(t), ϕ(t − t′′) = ϕ(t) − t′′ω(t). On obtient alors pour l’intensité transmise par
la cavité :

It(t) = | t̂c( ωL + ω(t) ) |2 E2
0 , fluctuations de fréquence lentes

On obtient le même résultat pour l’intensité réfléchie :

Ir(t) = | r̂c( ωL + ω(t) ) |2 E2
0 , fluctuations de fréquence lentes

Pour des fluctuations de fréquence très lentes devant le temps de vie de la
cavité 1/∆ωc, les intensités réfléchie et transmise par la cavité suivent donc
parfaitement les fluctuations de fréquence.

Le deuxième cas limite est de prendre un laser avec temps de cohérence très
grand devant le temps de vie de la cavité 1/∆ωc et donc une largeur spectrale
∆ω très petite devant la largeur des résonances de la cavité ∆ωc. Dans
ce cas, les variations de phases du laser sont petites devant 1 dans un intervalle
de temps de l’ordre du temps de vie de la cavité 1/∆ωc. Dans l’expression 1.49,
on peut donc effectuer le développement limité suivant :

ei(ϕ(t−t′)−ϕ(t−t′′)) 	 1 + i(ϕ(t − t′) − ϕ(t − t′′))

L’expression de l’intensité transmise par la cavité se simplifie alors :

It(t) = |t̂c(ωL)|2 E2
0 + iE2

0( t̂c(ωL)

∫
tc(t

′) e−iωLt′ϕ(t − t′) dt′

− t̂c(ωL)

∫
tc(t′′) eiωLt′′ϕ(t − t′′) dt′′ )

(1.50)

Le premier terme de l’expression ci-dessus est constant et correspond à l’intensité
transmise par le Fabry Perot pour une onde monochromatique. Le deuxième
terme est de valeur moyenne nulle et correspond aux fluctuations d’intensité.
Lorsque la largeur spectrale ∆ω du laser est très petite devant la largeur des
résonances de la cavité ∆ωc, la valeur moyenne de l’intensité transmise est donc
égale à l’intensité transmise pour un laser monochromatique |t̂c(ωL)|2 E2

0 . On
retrouve ce résultat avec la relation 1.47 en prenant un spectre optique tendant
vers un pic de Dirac.

On ne s’intéressera dans la suite qu’aux fluctuations d’intensité δIt(t) = I(t)−
|t̂c(ωL)|2 E2

0 . Dans l’expression 1.50, on peut aussi remarquer que la cavité se
comporte comme un filtre linéaire et stationnaire pour la phase du laser et donc
aussi pour la fréquence. La transformée de l’expression 1.50 nous permet d’obtenir
la fonction de transfert du filtre :

δ̂It(Ω) = iE2
0

(
t̂c(ωL) t̂c(ωL + Ω) − t̂c(ωL) t̂c(ωL − Ω)

)
ϕ̂(Ω)
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En introduisant la fréquence instantanée (relation 1.13), on obtient finalement :

δ̂I t(Ω) = ĥIt(Ω) ω̂(Ω) , ∆ωlaser << ∆ωc (1.51)

où ĥIt(Ω) est la fonction de transfert de la cavité définie par :

ĥIt(Ω) = E2
0

t̂c(ωL) t̂c(ωL + Ω) − t̂c(ωL) t̂c(ωL − Ω)

Ω

On obtient un résultat identique pour les fluctuations de l’intensité réfléchie par
le Fabry Perot :

δ̂Ir(Ω) = ĥIr(Ω) ω̂(Ω) , ∆ωlaser << ∆ωc (1.52)

avec

ĥIr(Ω) = E2
0

r̂c(ωL) r̂c(ωL + Ω) − r̂c(ωL) r̂c(ωL − Ω)

Ω

En utilisant les expressions 1.43 et 1.44 de t̂c(Ω) et de r̂c(Ω), on obtient finalement
pour la fonction de transfert des fluctuations de fréquence par la cavité :

ĥIt(Ω) = E2
0

−8(ωL−ω0)
∆ω2

c(
1 + 4(ωL−ω0)2

∆ω2
c

)((
1 + 2iΩ

∆ωc

)2

+ 4(ωL−ω0)2

∆ω2
c

) (1.53)

ĥIr(Ω) = E2
0

8(ωL−ω0)
∆ω2

c

(
1 + 2iΩ

∆ωc

)
(
1 + 4(ωL−ω0)2

∆ω2
c

)((
1 + 2iΩ

∆ωc

)2

+ 4(ωL−ω0)2

∆ω2
c

) (1.54)

Sur la figure 1.7, j’ai représenté le module et l’argument de ces fonctions de
transfert pour différentes fréquences moyennes du laser. Pour des fluctuations
de fréquence laser à basse fréquence (Ω << ∆ωc), la fonction de transfert de
l’intensité transmise ou réfléchie est plate et son amplitude est proportionnelle à
la dérivée par rapport à la fréquence laser de l’intensité transmise ou réfléchie.
Pour des fluctuations de fréquence laser à haute fréquence (Ω >> ∆ωc,|ωL−ω0|),
la cavité se comporte comme un filtre passe bas. On a un filtre passe bas du
second ordre pour la transmission (ĥIt ∝ 1/Ω2) et un filtre passe bas du pre-

mier ordre pour la réflexion (ĥIr ∝ 1/Ω). Le Fabry Perot transmet donc mieux
les perturbations rapides de la fréquence laser en réflexion qu’en transmission.
Ce résultat peut s’expliquer qualitativement de la manière suivante. La trans-
mission est proportionnelle au champ stocké dans la cavité qui réagit avec une
constante de temps correspondant au temps de vie de la cavité (1/∆ωc). La
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réflexion résulte de l’interférence entre le champ électrique stocké dans la cavité
et le champ électrique incident qui réagit instantanément aux fluctuations de
fréquence. La réflexion transmettra donc mieux les perturbations de fréquences
rapides que la transmission.

On peut aussi remarquer que la fonction de transfert de la réflexion et de
la transmission présente une résonance lorsque la fréquence moyenne du la-
ser ωL est suffisamment éloignée de la fréquence de résonance de la cavité ω0

(|ωL − ω0| � 2∆ωc). La fréquence de résonance dans la fonction de transfert cor-
respond au désaccord de la fréquence laser par rapport à la cavité Ωres = ωL−ω0.
Une perturbation à cette fréquence se retrouve en résonance avec la cavité, elle
est donc amplifiée par rapport aux autres fréquences de perturbation.
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Fig. 1.7 – Fonction de transfert des fluctuations de fréquence d’un laser par un
Fabry Perot

Pour un laser de faible largeur spectrale (∆ωlaser << ∆ωc), l’intensité réfléchie
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et transmise par le Fabry Perot se comporte donc pour les fluctuations de
fréquence du laser comme un filtre linéaire et stationnaire. On peut donc relier
les propriétés statistiques des fluctuations d’intensité aux propriétés statiques
du bruit de fréquence (voir page 232). On a donc pour la densité spectrale de
puissance des fluctuations d’intensité :

SδIt(Ω) = |ĥIt(Ω)|2 Sω(Ω)
, ∆ωlaser << ∆ωc

SδIr(Ω) = |ĥIr(Ω)|2 Sω(Ω)

(1.55)

L’écart type des fluctuations d’intensité s’obtient en utilisant la relation 1.5 :

σδIt =
√

1
2π

∫ |ĥIt(Ω)|2 Sω(Ω) dΩ

, ∆ωlaser << ∆ωc

σδIr =
√

1
2π

∫ |ĥIr(Ω)|2 Sω(Ω) dΩ

(1.56)

Prenons à présent l’exemple d’un bruit blanc de fréquence (voir page 239)
avec un écart type sur la fréquence instantanée σω très petit devant la bande
passante du bruit B. On a montré que dans ce cas la largeur spectrale du laser
∆ω était égale à la densité spectrale de puissance de la fréquence S0

ω. Pour cet
exemple de bruit, on peut remarquer en utilisant la relation 1.56 que l’écart type
des fluctuations d’intensité transmise ou réfléchie est proportionnelle à la racine
carrée de la largeur spectrale du laser :

σδIt,r ∝
√

∆ω , ∆ωlaser << ∆ωc

L’écart type des fluctuations de l’intensité réfléchie et transmise par la cavité
en fonction de la fréquence laser moyenne est représenté sur la figure 1.8.
On remarque que l’écart type est relié à la dérivée de l’intensité transmise et
réfléchie. On peut aussi remarquer que l’écart type sur la réflexion est plus grand
que l’écart type sur la transmission et qu’il décrôıt moins vite en fonction du
désaccord que la transmission. Ceux-ci s’expliquent simplement par le fait que la
réflexion transmet mieux les fluctuations de fréquence rapide que la transmission
(voir figure 1.7).

Pour un bruit de fréquence blanc, la densité spectrale de puissance des
fluctuations d’intensité SδIt,r(Ω) correspond au module carrée de la fonction de

transfert des fluctuations de fréquence ĥIt,r(Ω). Son allure est représentée sur la
figure 1.7.
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Fig. 1.8 – Ecart type des fluctuations de l’intensité transmise et réfléchie pour
un laser avec un bruit de fréquence blanc

Si on connâıt la densité spectrale de puissance des fluctuations d’intensité
transmise ou réfléchie par la cavité, on peut donc calculer à partir de la fonction
de transfert de la cavité, la densité spectrale de puissance des fluctuations de la
fréquence laser Sω(Ω). A partir de cette quantité, on a facilement l’écart type
du bruit de fréquence σω (1.18) et on peut aussi obtenir le spectre optique en
effectuant une hypothèse sur le bruit de phase du laser (page 237).

Pour l’étude de la stabilisation d’un laser à 689 nm, les fluctuations de l’in-
tensité transmise et réfléchie par la cavité ont peu d’intérêts. Par contre, il est
important de connâıtre les fluctuations du signal d’erreur d’un asservissement du
type Pound-Drever-Hall [96] pour un laser bruyant.

1.2.4 Signal d’erreur du Pound-Drever-Hall

Nous utiliserons la technique de Pound-Drever-Hall pour asservir en fréquence
notre laser à 689 nm. La réalisation pratique de cet asservissement sera détaillée
dans la section suivante. Nous nous contenterons juste ici de donner le principe
d’obtention du signal d’erreur (voir figure 1.9).
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Fig. 1.9 – Obtention du signal d’erreur dans un asservissement du type Pound-
Drever-Hall

Avant de coupler le laser dans la cavité, on module la phase du laser à une
fréquence ωm. On génère alors sur le spectre du laser des bandes latérales aux
fréquences ωL − ωm et ωL + ωm. La fréquence de modulation ωm doit être choi-
sie plus grande que la largeur des résonances de la cavité ∆ωc. Ainsi, les bandes
latérales sont hors de résonance lorsque la bande centrale est résonnante. L’inten-
sité réfléchie par la cavité résulte alors du battement entre les bandes latérales qui
sont réfléchies parfaitement par la cavité et la bande centrale qui est atténuée et
déphasée par la cavité. On obtient le signal d’erreur s(t) en mesurant l’intensité
réfléchie à la fréquence de modulation ωm.

Nous allons d’abord calculer l’allure de ce signal d’erreur pour une onde
monochromatique. Nous verrons ensuite comment le bruit de phase se manifeste
sur ce signal d’erreur.

Signal du Pound Drever pour un laser monochromatique

Dans le cas d’une onde monochromatique, le champ incident sur la cavité peut
s’écrire :

Ei(t) = E0 ei(ωLt+m sin(ωmt))

= E0 ei ωLt

(
J0(m) +

∞∑
l=1

Jl(m)
(
ei l ωmt + (−1)l e−i l ωmt

) )
où m est l’amplitude de modulation de la phase et ωm est la fréquence de modu-
lation. Jl représente la fonction de Bessel d’ordre l.



1.2. INTERACTION AVEC UN SYSTÈME PHYSIQUE 259

Pour calculer le champ électrique réfléchi par la cavité, on supposera que les
bandes latérales sont hors résonance c’est à dire que r̂c(ωL + l ωm) 	 1 pour l �= 0.
Cette hypothèse sera vérifiée si la fréquence de modulation ωm est très grande
devant la largeur des résonances ∆ωc. Le champ réfléchi par la cavité peut donc
s’écrire comme :

Er(t) = E0 ei ωLt

(
J0(m)r̂c(ωL) +

∞∑
l=1

Jl(m)
(
ei l ωmt + (−1)l e−i l ωmt

))

On peut à présent calculer l’intensité réfléchie par la cavité Ir(t) = |Er(t)|2. On
ne s’intéressera qu’à la partie de l’intensité modulée à la fréquence ωm. On obtient
après simplification :

Iωm
r (t) = 4E2

0J0(m)J1(m) Im(r̂c(ωL)) sin(ωmt)

Le signal d’erreur s s’obtient en multipliant l’intensité réfléchie par une sinusöıde
à la fréquence ωm et en moyennant sur une période 7 :

s(ωL) = 〈Ir(t) sin(ωmt)〉 = 2E2
0J0(m)J1(m) Im(r̂c(ωL)) (1.57)

ωL-ω0

s

∆ωc

∆ωc

scc = 2 E0
2 J0(m) J1(m)

2 scc
∆ω

c

d s
dωL

=

Fig. 1.10 – Signal d’erreur d’un asservissement du type Pound-Drever-Hall

7. On peut remarquer que la modulation de l’intensité réfléchie par la cavité à la fréquence
ωm est en opposition de phase par rapport à la modulation de fréquence du laser.
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En remplaçant r̂c(ωL) par son expression 1.44, on obtient finalement :

s(ωL) = 2E2
0J0(m)J1(m)

2(ωL−ω0)
∆ωc

1 + (2(ωL−ω0)
∆ωc

)2
(1.58)

Le signal d’erreur correspond donc à un signal dispersif de largeur ∆ωc (figure
1.10). On peut noter que l’amplitude de ce signal d’erreur est maximum lorsque
l’indice de modulation m est voisin de 1.

En envoyant ce signal d’erreur dans une boucle de rétroaction, on peut donc
asservir la fréquence de notre laser sur la cavité. Pour comprendre la réponse d’un
tel asservissement, nous allons déterminer comment se transmettent les fluctua-
tions de la fréquence du laser sur le signal d’erreur.

Fluctuation du signal d’erreur pour un laser non monochromatique

On supposera ici que la fréquence moyenne du laser ωL est égale à une
fréquence de résonance de la cavité ω0. L’amplitude du champ laser sera constante
et le bruit de phase sera modélisé par la fonction aléatoire ϕ(t) (voir page 233).
Le champ électrique incident sur la cavité peut donc s’écrire :

Ei(t) = E0 ei(ωLt+ϕ(t))

(
J0(m) +

∞∑
l=1

Jl(m)
(
ei l ωmt + (−1)l e−i l ωmt

))

On suppose à présent que les bandes latérales sont réfléchies parfaitement par la
cavité. Pour satisfaire cette condition dans le cas d’un laser non monochroma-
tique, il faut que la largeur spectrale du laser ∆ωL et la largeur des résonances
de la cavité ∆ωc soient très petites devant la fréquence de modulation ωm. En
réalisant cette hypothèse, on obtient pour l’onde réfléchie par la cavité :

Er(t) = J0(m)
(
rc(t) ∗ E0 ei(ωLt+ϕ(t))

)
+E0 ei(ωLt+ϕ(t))

∞∑
l=1

Jl(m)
(
ei l ωmt + (−1)l e−i l ωmt

)
L’expression précédente peut se mettre sous la forme suivante :

Er(t) = E0e
i(ωLt+ϕ(t))

(
J0(m) ε(t) +

∞∑
l=1

Jl(m)
(
ei l ωmt + (−1)l e−i l Ωmt

))
avec :

ε(t) =

∫
rc(t

′)e−iωLt′e−i(ϕ(t)−ϕ(t−t′)) dt′

Sur l’intensité réfléchie |Er(t)|2, on retrouve des termes oscillants à toutes les
harmoniques de la fréquence de modulation ωm. Lorsque le laser était parfaite-
ment monochromatique, ces différentes harmoniques étaient des pics de Dirac
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bien séparés en fréquence. Pour un laser non monochromatique, ces harmoniques
présentent une certaine largeur liée au terme ε(t) et donc des ailes qui peuvent
s’étendre jusqu’aux autres harmoniques. Lorsque l’on veut détecter la modulation
à la fréquence ωm sur l’intensité réfléchie, on retrouve en plus de l’harmonique
à ωm, les ailes des autres harmoniques. Du bruit à hautes fréquences du laser se
retrouve donc transposé à basse fréquence. Ce processus appelé intermodulation
impose une limite à la largeur spectrale du laser que l’on peut obtenir avec un
asservissement en fréquence. Cet effet a été étudié dans la thèse de M. Bahoura
[97]. Il a montré que la largeur de raie ultime imposée par l’intermodulation était
égale à :

∆ωasservi =
∆ω2

c∆ωHF

4 ω2
m

(1.59)

où ∆ωasservi est la largeur ultime du laser asservi et ∆ωHF est la largeur du laser
correspondant au bruit à haute fréquence : ∆ωHF 	 Sω(Ω > ωm). On verra dans
la partie suivante que la largeur spectrale de notre laser asservi est grande par
rapport à cette largeur de raie limite imposée par l’effet d’intermodulation. On
négligera donc dans la suite les effets d’intermodulation.

Dans l’expression de l’intensité réfléchie par la cavité à la fréquence ωm, on
négligera donc les composantes hautes fréquences du bruit ε(t) transposées à
basse fréquence. On obtient alors pour le signal d’erreur :

s(t) = 2E2
0J0(m)J1(m) Im(ε(t)) (1.60)

On suppose à présent que le temps de cohérence du laser τcoh est très grand
devant le temps de vie de la cavité 1/∆ωc et donc que la largeur spectrale du
laser ∆ωL est petite devant la largeur des résonances de la cavité ∆ωc. Dans cette
situation les variations de phase du laser sur un intervalle de temps correspondant
au temps de vie de la cavité sont petites. On peut donc effectuer un développement
limité de e−i(ϕ(t)−ϕ(t−t′)) dans l’expression de ε(t). On obtient alors en utilisant de
plus l’hypothèse que la fréquence laser moyenne est égale à une résonance de la
cavité :

ε(t) = i

∫
ϕ(t − t′)rc(t

′)e−iωLt′dt′

On peut mettre alors le signal d’erreur sous forme d’un produit de convolution:

s(t) = 2E2
0J0(m)J1(m)

∫
ϕ(t − t′)

rc(t
′)e−iωLt′ + cc

2
dt′

Le signal d’erreur se comporte donc comme un filtre linéaire et stationnaire pour
la phase et donc pour la fréquence instantanée. La transformée de Fourier du
signal d’erreur s’écrit alors en utilisant la propriété r̂c(Ω) = r̂c(−Ω):

ŝ(Ω) = 2E2
0J0(m)J1(m) r̂c(Ω + ωL) ϕ̂(Ω)

= 2E2
0J0(m)J1(m)

r̂c(Ω + ωL)

iΩ
ω̂(Ω)
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En utilisant l’expression de r̂c(Ω) établie en 1.44, on trouve finalement :

ŝ(Ω) = 2E2
0J0(m)J1(m)

2

∆ωc

1

1 + i 2Ω
∆ωc

ω̂(Ω) , ∆ωL << ∆ωc (1.61)

Le signal d’erreur se comporte donc pour les fluctuations de fréquence du laser
comme un filtre passe bas du premier ordre avec une fréquence de coupure
égale à la demi largeur des résonances de la cavité ∆ωc/2. Ce résultat sera très
utile dans la conception de la boucle de rétroaction de l’asservissement.

A partir de l’expression de ŝ(Ω) et de la relation 1.11, la densité spectrale de
puissance des fluctuations du signal d’erreur s’obtient facilement :

Ss(Ω) = 4E4
0J0(m)2J1(m)2 4

∆ω2
c

1

1 + ( 2Ω
∆ωc

)2
Sω(Ω) , ∆ωL << ∆ωc (1.62)

On peut donc à présent à partir des fluctuations du signal d’erreur calculer
la densité spectrale de puissance de la fréquence instantanée de notre laser. Si on
suppose que ϕ(t+ τ)−ϕ(t) est gaussien, on peut calculer aussi le spectre optique
du laser (voir page 237).

Cette technique de mesure des propriétés spectrales de notre laser est facile
à implémenter. Cependant les résultats du calcul précédent ne sont valables que
pour certaines conditions. Il faut que la largeur spectrale du laser ∆ω soit plus
petite que la largeur des résonances de la cavité ∆ωC . Il faut de plus pouvoir
négliger l’effet d’intermodulation. On verra que ces conditions seront satisfaites
pour la mesure des propriétés spectrales de notre laser asservi. Il faut tout de
même rappeler que cette mesure est faite par rapport à la cavité. Si cette cavité
ne constitue pas une bonne référence de fréquence absolue (fluctuations de la
longueur optique de la cavité), les propriétés spectrales absolues du laser ne seront
pas connues. Il faut donc une référence de fréquence absolue pour savoir si la
cavité Fabry Perot constitue une référence de fréquence suffisamment bonne. On
va donc s’intéresser dans la prochaine section à l’interaction d’un laser bruyant
avec une vapeur atomique.

1.2.5 Résonance atomique

Nous allons étudier la réponse d’un atome à deux niveaux à un laser non
monochromatique. Le but est d’établir une relation entre les grandeurs physiques
caractérisant l’interaction laser atome et les propriétés spectrales du laser. Nous
dégagerons de cette étude un critère à imposer aux propriétés spectrales de notre
laser stabilisé en fréquence pour réaliser des expériences de refroidissement sur la
transition d’intercombinaison du strontium.
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La résolution des équations de Bloch optiques avec un laser non monochro-
matique a déjà été effectuée dans de nombreuses références [97] [98] [99] [100].
Les valeurs moyennes et les fluctuations de la transmission et de la fluorescence
d’une vapeur atomique ont été calculées pour différents types de bruit. Nous nous
contenterons ici d’utiliser le modèle de l’électron élastiquement lié. Ce modèle plus
simple nous permet de retrouver les mêmes résultats que les équations de Bloch
optiques dans la limite faible saturation (s << 1). On calculera dans le cadre de
ce modèle la fluorescence et la transmission d’une vapeur atomique et la force de
pression de radiation.

Modèle de l’électron élastiquement lié

Le modèle de l’électron élastiquement lié nous permet de calculer le dipôle
atomique induit par un champ électrique dans la limite de faible saturation.
Dans ce modèle, l’évolution du dipôle est gouvernée par l’équation suivante :

d̈(t) + Γ ḋ(t) + ω2
0 d(t) =

e2

m
E(t) (1.63)

d : Dipôle atomique induit par le champ électrique.
E : Champ électrique du laser incident. Il pourra être modélisé

par E0 ei(ωLt+ϕ(t)) (1.12).
Γ : Amortissement du dipôle, largeur naturelle de l’état excité.
ω0 : Fréquence de résonance.
e : Charge de l’électron.
m : Masse de l’électron.

Pour résoudre cette équation, on introduit la transformée de Fourier du champ
électrique et du dipôle :

d̂(Ω) =

∫
d(t) e−iΩt dt

Ê(Ω) =

∫
E(t) e−i Ωt dt

L’équation différentielle 1.63 donne alors :

d̂(Ω) = ĥat(Ω) Ê(Ω) (1.64)

où ĥat(Ω) est la réponse du dipôle à un champ électrique monochromatique.

ĥat(Ω) =
e2

m

1

ω2
0 − Ω2 + iΩΓ

(1.65)

On fait à présent l’hypothèse que le laser est quasi-monochromatique
(∆ωL << ωL) et quasi-résonnant avec la transition atomique (ωL − ω0 << ω0).
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Ces hypothèses sont parfaitement vérifiées pour l’interaction d’un laser avec un
atome. On obtient alors pour la réponse du dipôle à un champ électrique mono-
chromatique (Ω > 0):

ĥat(Ω) =
e2

mω0Γ

−i

1 + i 2(Ω−ω0)
Γ

=
−e2

mω0Γ

(
2(Ω−ω0)

Γ

1 + 4(Ω−ω0)2

Γ2

+ i
1

1 + 4(Ω−ω0)2

Γ2

) (1.66)

On retrouve ici à un facteur de proportionnalité près l’expression du dipôle moyen
obtenue avec les équations de Bloch optique avec un laser monochromatique dans
la limite faible saturation.

Pour un laser non monochromatique, le dipôle induit peut donc s’écrire comme
le produit de convolution de la réponse atomique et du champ électrique :

d(t) = hat(t) ∗ E(t) (1.67)

hat(t) étant la transformée de Fourier inverse de ĥat(Ω).
Dans les paragraphes suivants, nous relierons le dipôle aux quantités physiques

caractérisant l’interaction d’un laser avec un atome : fluorescence, absorption,
force de pression de radiation.

Champ diffusé par l’atome, fluorescence

Le champ électrique du laser induit sur l’atome un dipôle oscillant. Le rayon-
nement de ce dipôle correspond à la fluorescence de l’atome. On peut montrer
qu’à grande distance, le champ rayonné par le dipôle est égal à [102] :

Eray(r,t) =
1

4πε0c2

−d̈(t − r/c)

r
cos(θ)

θ
d

Eray

r
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Le champ électrique incident étant quasi-monochromatique, on suppose que le
dipôle induit est aussi quasi-monochromatique c’est à dire que les fluctuations de
fréquences sont très petites devant la fréquence moyenne. La dérivée seconde du
dipôle est donc environ égale à : d̈(t) 	 −ω2

L d(t). On fait de plus l’hypothèse que
la distance au dipôle r est petite devant la longueur de corrélation du laser c’est à
dire que ϕ(t−r/c) ∼ ϕ(t). Dans ce cas, on a d(t−r/c) ∼ d(t)e−iωL r/c = d(t)e−i kL r.
Avec ces deux hypothèses, on trouve que le champ électrique rayonné est propor-
tionnel au dipôle atomique :

Eray(r,t) =
k2

L

4πε0

d(t) e−i kL r

r
cos(θ)

En utilisant la relation 1.67, on obtient le champ rayonné par l’atome en fonction
du champ incident :

Eray(r,t) =
k2

L

4πε0

e−i kL r

r
cos(θ) (hat(t) ∗ E(t))

On peut remarquer que le champ électrique rayonné par le dipôle a la même
expression que le champ électrique transmis par la cavité. En effet, on a pour le
champ électrique rayonné :

Eray(r,t) ∝ hat(t) ∗ E(t) avec ĥat(Ω) ∝ 1

1+i
2 (Ω−ωo)

Γ

et pour le champ transmis par la cavité :

Et(t) = tc(t) ∗ E(t) avec t̂c(Ω) = 1

1+i
2 (Ω−ω0)

∆ωc

A faible saturation (s << 1), la fluorescence d’un atome et l’intensité
transmise par un Fabry Perot ont donc les mêmes caractéristiques. Les
résultats obtenus dans la partie 1.2.3 (voir page 251) pour l’intensité transmise par
un Fabry Perot sont donc valables pour la fluorescence d’un atome en identifiant
la largeur naturelle de la transition atomique Γ à la largeur des résonances de la
cavité ∆ωc. Nous allons donner ici les principaux résultats.

Comme pour le Fabry Perot, la valeur moyenne de la fluorescence s’obtient en
intégrant la fluorescence pour un laser monochromatique sur le spectre du laser :

< Iray >=
1

2π

∫
Imono
ray (Ω)

SE(Ω)

E2
0

dΩ (1.68)

avec

Imono
ray (Ω) =

I0

1 + 4(Ω−ω0)2

Γ2

(1.69)

où

I0 =
k4

L

(4πε0)2

cos2(θ)

r2

e4

(mω0Γ)2
E2

0
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On retrouve ici le même résultat que les équations de Bloch optiques dans la
limite de faible saturation [98].

On obtient pour les fluctuations de l’intensité rayonnée par un atome les
mêmes résultats que les fluctuations de l’intensité transmise par un Fabry Perot.
Pour des fluctuations de fréquence très lentes devant le temps de vie du niveau
excité (1/Γ), l’intensité rayonnée suit parfaitement les fluctuations de fréquence :

Iray(t) = Imono
ray (ωL + ω(t)) , fluctuations de fréquence lentes (1.70)

Pour une largeur spectrale du laser ∆ω très petite devant la largeur de la tran-
sition atomique Γ, l’intensité rayonnée se comporte pour les fluctuations de
fréquence du laser comme un filtre linéaire et stationnaire :

Iray(t) = Imono
ray (ωL) + hIray(t) ∗ w(t) , ∆ω << Γ (1.71)

où

ĥIray(Ω) = I0

−8(ωL−ω0)
Γ2(

1 + 4(ωL−ω0)2

Γ2

)((
1 + 2iΩ

Γ

)2
+ 4(ωL−ω0)2

Γ2

) (1.72)

Nous avons donc ici caractérisé la fluorescence d’un atome pour un laser
non monochromatique. Nous allons à présent nous intéressé à la fluorescence
d’une vapeur atomique. On supposera que la vapeur atomique est optiquement
mince. On négligera donc la diffusion multiple. Le champ rayonné par un atome
ne sera donc pas modifié par les autres atomes présents dans la vapeur. Dans
cette situation, le champ rayonné par la vapeur sera égal à la somme des
champs rayonnés par chaque atome de la vapeur. On suppose à présent que la
position des atomes de la vapeur est aléatoire. Si les atomes sont immobiles,
l’intensité rayonnée correspond à une figure de speckle qui dépend de la position
des atomes. Si les atomes bougent, le speckle se moyenne. On supposera
donc que les atomes se déplacent suffisamment vite pour que dans la bande
passante de mesure, les fluctuations d’intensité correspondant aux fluctuations
de speckle soient négligeables devant les fluctuations d’intensité correspondant
au bruit de fréquence du laser. Sous ces conditions l’intensité rayonnée par la va-
peur est égale à la somme des intensités rayonnées par chaque atome de la vapeur.

La fluorescence d’un nuage d’atome froid satisfaisant les conditions
précédentes (épaisseur optique faible, speckle moyenné) sera donc caractérisée
par les expressions obtenues pour la fluorescence d’un atome (1.68, 1.69, 1.70,
1.71). Si le nombre d’atomes dans le nuage ne fluctue pas, on peut donc relier les
propriétés spectrales du laser aux caractéristiques de la fluorescence du nuage
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(valeur moyenne, fluctuation).

Pour une vapeur thermique, il faut aussi tenir compte de l’effet Doppler qui
modifie la fréquence laser apparente pour des atomes de vitesse non nul. L’inten-
sité rayonnée par la vapeur s’obtient donc en réalisant une moyenne de l’intensité
rayonnée par un atome sur la distribution de vitesse de la vapeur :

Ivap th
ray (t) ∝ 〈Iat

ray(t,v)〉v =

∫
Iat
ray(t,v)

exp

(
−v2

2 kBT

m

)
√

2π
√

kBT
m

dv

où Iat
ray(t,v) est l’intensité rayonnée par un atome de vitesse de v dans la direction

du laser. Cette quantité est égale à l’intensité rayonnée par un atome de vitesse
nulle (calcul précédent) avec une fréquence laser moyenne égale à ωL − kLv.
La valeur moyenne et les fluctuations de la fluorescence d’une vapeur thermique
s’obtiennent donc en réalisant la moyenne sur la distribution de vitesse de la
vapeur :

< Ivap th
ray (t) >∝ 1

2π

∫
〈Imono

ray (Ω − kLv)〉v SE(Ω)

E2
0

dΩ

Ivap th
ray (t) ∝ 〈Imono

ray (ωL − kLv + ω(t)) 〉v , fluctuations de fréquence lentes.

Ivap th
ray (t) ∝ 〈Imono

ray (ωL − kLv)〉v + hvap th
Iray

(t) ∗ w(t) , ∆ω << Γ

avec ĥvap th
Iray

(Ω) ∝ 〈ĥIray(Ω − kLv)〉v

Nous avons donc donné les expressions de la valeur moyenne de la fluorescence
d’une vapeur atomique pour un laser non monochromatique. Lorsque la largeur
spectrale du laser est petite devant la largeur naturelle de la transition, on a relié
les fluctuations de la fluorescence aux fluctuations de la fréquence du laser. Ces
résultats peuvent s’appliquer à un nuage d’atomes froids, à un jet atomique ou à
une vapeur thermique.

Transmission d’une vapeur atomique

On considère une vapeur atomique de densité n et de longueur L avec une
épaisseur optique faible. On négligera la diffusion multiple, et on supposera que le
champ incident vu par les atomes n’est ni atténué ni déphasé. Le champ électrique
transmis par la vapeur est la somme du champ incident Ei(t,z0) et du champ
rayonné par la vapeur Er(t,z0) [102]:

Et(t,z0) = Ei(t,z0) + Er(t,z0)
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z0 L z0

ρ

z

r Et
Ei

n

d

Eray

θ

Comme dans le paragraphe précédent, on supposera que la longueur de corrélation
du laser est très grande devant toutes les distances du problème. On a alors :

Ei(t,z0) = Ei(t,0) e−i kL z

Pour obtenir le champ rayonné par la vapeur, il faut sommer tout les champs
rayonnés par chaque atome de la vapeur :

Er(t,z0) =

∫ L

0

∫ ∞

0

∫ 2π

0

Eray(t,z,θ,r) n ρ dφ dρ dz

où

Eray(t,z,θ,r) =
k2

L

4πε0

(hat(t) ∗ Ei(t)) e−i kL r

r
cos(θ)

Après intégration de l’expression précédente [102], on obtient :

Et(t,z0) = e−i kL z0 (Ei(t) ∗ tvap(t))

avec

tvap(t) = δ(t) − i
2π n kL L

4πε0

hat(t)

La transformée de Fourier tvap(t) nous donne la transmission en amplitude de la
vapeur pour une onde monochromatique :

t̂vap(Ω) = 1 − A/2

1 + i2(Ω−ω0)
Γ

(1.73)

où A est l’absorption de la vapeur pour un laser monochromatique à résonance.

On peut remarquer qu’on obtient pour le champ transmis par la vapeur ato-
mique une expression analogue au champ réfléchi par un Fabry Perot. Pour la
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cavité, le champ réfléchi était la somme du champ incident et du champ stocké
dans la cavité :

Er(t) = rc(t) ∗ E(t) avec r̂c(Ω) = 1 − 1

1+i
2 (Ω−ωo)

∆ωc

Pour la transmission de la vapeur, il faut ajouter le champ incident au champ
rayonné par la vapeur :

Et(r,t) ∝ tvap(t) ∗ E(t) avec t̂vap(Ω) ∝ 1 − A/2

1+i
2 (Ω−ωo)

Γ

A faible saturation (s << 1), la transmission d’une vapeur atomique
et l’intensité réfléchie par un Fabry Perot ont donc les mêmes ca-
ractéristiques. Les résultats obtenus dans la partie 1.2.3 (voir page 251) pour
l’intensité réfléchie par un Fabry Perot sont donc valables pour la transmission
d’une vapeur atomique en identifiant la largeur naturelle de la transition
atomique Γ à la largeur des résonances de la cavité ∆ωc. Nous allons donner ici
les principaux résultats.

La valeur moyenne de l’intensité transmise est le résultat de l’intégrale de la
transmission de la vapeur pour un laser monochromatique sur le spectre laser :

< It >=
1

2π

∫
|t̂vap(Ω)|2 SE(Ω) dΩ (1.74)

avec

|t̂vap(Ω)|2 = 1 − A

1 + 4(Ω−ω0)2

Γ2

(1.75)

On obtient pour les fluctuations de l’intensité transmise par une vapeur ato-
mique les mêmes résultats que les fluctuations de l’intensité réfléchie par un Fa-
bry Perot. Pour des fluctuations de fréquence très lentes devant le temps de vie
du niveau excité (1/Γ), l’intensité rayonnée suit parfaitement les fluctuations de
fréquence :

It(t) = |t̂vap(ωL + ω(t))|2 E2
0 , fluctuations de fréquence lentes (1.76)

Pour une largeur spectrale du laser ∆ω très petite devant la largeur de la transi-
tion atomique Γ, l’intensité transmise par la vapeur atomique se comporte pour
les fluctuations de fréquence du laser comme un filtre linéaire et stationnaire :

It(t) = |t̂vap(ωL)|2 E2
0 + hIt(t) ∗ w(t) , ∆ω << Γ (1.77)

où

ĥIt(Ω) = E2
0

t̂vap(ωL) t̂vap(ωL + Ω) − t̂vap(ωL) t̂vap(ωL − Ω)

Ω
(1.78)

= A E2
0

8(ωL−ω0)
Γ2

(
1 − A

4
+ iΩ

Γ

)(
1 + 4(ωL−ω0)2

Γ2

)((
1 + 2iΩ

Γ

)2
+ 4(ωL−ω0)2

Γ2

) (1.79)
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Ces résultats caractérisent par exemple la transmission d’un nuage d’atome
froid (valeur moyenne, fluctuation). Pour une vapeur thermique, il faut aussi
tenir compte de l’effet Doppler qui modifie la fréquence laser apparente pour des
atomes de vitesse non nul. La transmission en amplitude de la vapeur est donc
modifiée, il faut réaliser une moyenne du champ rayonné par la vapeur sur la
distribution de vitesse. On obtient alors :

t̂vap th(Ω) = 1 − A/2

〈
1

1 + i2(Ω−kLv−ω0)
Γ

〉
v

La valeur moyenne et les fluctuations de la transmission d’une vapeur thermique
s’obtiennent donc en remplaçant t̂vap(Ω) par t̂vap th(Ω).

Nous avons donné les expressions de la valeur moyenne de la transmission
d’une vapeur atomique pour un laser non monochromatique. Lorsque la largeur
spectrale du laser ∆ω est petite devant la largeur naturelle de la transition Γ,
nous avons relié les fluctuations de l’intensité transmise aux fluctuations de la
fréquence du laser. Ces résultats peuvent s’appliquer à un nuage d’atomes froids,
à un jet atomique ou à une vapeur thermique.

Force de pression de radiation

La force de pression de radiation est la quantité physique qui nous intéressera
pour caractériser le piège magnéto-optique. Nous donnerons ici son expression
pour un laser non monochromatique. La force de pression de radiation peut se
calculer dans le cadre du modèle de l’électron élastiquement lié à partir de la
force de Lorentz : −→

F = q−→ve− ∧ −→
B =

−→̇
d ∧ −→

B

On obtient ainsi une force dans la direction du vecteur d’onde avec un module
égal à :

F (t) =
ḋ(t) E(t) + cc

4c
Comme dans les parties précédentes, on suppose que l’oscillation du dipôle est
quasi-monochromatique. On obtient donc :

F (t) =
i kL

4
d(t)E(t) + cc

A partir de l’expression précédente et en utilisant la même méthode que le
calcul de la valeur moyenne de la transmission ou de la réflexion d’un Fabry Perot
(page 251), on obtient pour la valeur moyenne de la force :

〈F 〉 =
1

2π

∫
F mono(Ω)

SE(Ω)

E2
0

dΩ (1.80)
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où F mono(Ω) est la force de pression de radiation pour un laser monochromatique :

F mono(Ω) = F0
1

1 + 4(Ω−ω0)2

Γ2

(1.81)

F0 est la force de pression de radiation à résonance. Elle est donnée dans le cadre
du modèle de l’électron élastiquement lié par :

F0 = E2
0

kLe2

4mω0Γ

La valeur moyenne de la force de pression de radiation s’obtient donc en
intégrant la force de pression de radiation obtenue avec un laser monochromatique
sur le spectre du laser. Si le spectre du laser est lorentzien de largeur à mi-hauteur
∆ω, on obtient pour la valeur moyenne de la force de pression de radiation :

〈F 〉 = F0
1

1 + ∆ω
Γ

1

1 + 4(ωL−ω0)2

(Γ+∆ω)2

si spectre lorentzien

Le calcul des fluctuations de la force de pression de radiation pour un
laser non monochromatique présente peu d’intérêt dans le cadre du modèle de
l’électron élastiquement lié. En effet ce modèle ne décrit pas les fluctuations de
la force de pression de radiation liées à la statistique d’absorption des photons
et à l’émission spontanée. Le modèle de l’électron élastiquement lié ne permet
donc pas de calculer la modification des fluctuations de la force de pression
de radiation engendrée par le bruit de fréquence du laser. Pour résoudre ce
problème, il faut donc utiliser les équations de Bloch Optique pour un laser non
monochromatique.
Ce calcul de la valeur moyenne de la force de pression de radiation s’applique
au piégeage et au refroidissement d’atomes par laser dans le régime faible
saturation. On peut par exemple calculer la friction α dans une mélasse
optique pour un laser non monochromatique. Si on reprend l’exemple du
spectre lorentzien, on trouve que la friction maximale avec un laser de largeur
∆ω est diminuée par rapport à un laser monochromatique d’un facteur égal
à (1 + ∆ω/Γ)2. Si on suppose que le bruit de fréquence du laser n’a pas
modifié les fluctuations de la force de pression de radiation, on trouve que la
température des atomes dans la mélasse a donc augmenté du facteur (1+∆ω/Γ)2.

Dans la limite de faible saturation, les valeurs moyennes de la force de pression
radiation, de la fluorescence ou de l’absorption s’obtiennent donc en intégrant le
résultat obtenu pour une onde monochromatique sur le spectre du laser. Dans
un régime de forte saturation de la transition atomique, les résultats précédents
ne s’appliquent plus. Il faut tenir compte des moments d’ordre élevé du champ
électrique pour caractériser l’interaction.
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L’influence du bruit de fréquence du laser sur les valeurs moyennes des ob-
servables de l’interaction atome laser est donc caractérisé par le spectre optique
du laser. Si la largeur à mi-hauteur du spectre laser ∆ω est très petite devant la
largeur de la résonance Γ, l’interaction atome laser ne sera en général pas modifié
par le bruit de fréquence du laser. Ce critère n’est pas suffisant si les ailes du
spectre décroissent moins vite qu’une lorentzienne. Dans ce cas, il faudra aussi
imposer un critère sur les ailes du spectre pour qu’elle ne perturbe pas l’interac-
tion laser atome. L’effet de la décroissance lente des ailes du spectre est important
lorsque le laser est très désaccordé par rapport à la résonance. On peut se trouver
dans cette situation dans le cas de collisions assistées par lumière [103] où il peut
avoir des résonances très loin de la résonance atomique.

En conclusion, pour que le bruit de phase de notre laser stabilisé en fréquence
ne modifie pas les valeurs moyennes de l’interaction laser avec la transition étroite
du strontium, il faut que la largeur du spectre optique du laser soit très petite
devant la largeur naturelle de la transition (7 kHz). Il faudra de plus vérifier que
les ailes du spectre décroissent suffisamment rapidement jusqu’aux fréquences des
résonances atomiques.

Cette partie nous a aussi permis de relier dans certains cas les fluctuations de
la fluorescence ou de l’absorption d’une vapeur au bruit de fréquence du laser.
Une mesure des fluctuations de la fluorescence ou de l’absorption d’une vapeur
atomique pourra donc nous donner des informations sur le bruit de fréquence du
laser. On pourra ainsi estimer la stabilité du Fabry Perot qui sert de référence de
fréquence pour l’asservissement.

Conclusion

Les deux quantités principales qui caractérisent les propriétés spectrales d’un
laser sont la densité spectrale de puissance de la fréquence instantanée Sω(Ω)
et le spectre optique SE(Ω). Nous avons vu que la grandeur pertinente pour
caractériser l’interaction atome laser était le spectre optique SE(Ω).

La façon la plus directe de mesurer le spectre optique d’un laser stabilisé en
fréquence est de réaliser un battement avec un laser de référence (laser identique
ou laser plus fin spectralement). Cependant, on ne possède généralement pas d’un
tel laser. L’analyse du bruit sur le signal d’erreur de l’asservissement en fréquence
nous permet aussi de mesurer le spectre optique du laser. Pour que cette mesure
soit significative, il faut que la référence de fréquence soit suffisamment stable. La
mesure de cette stabilité pourra être effectuée en faisant interagir le laser stabilisé
en fréquence sur une vapeur atomique.
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1.3 Source laser

Pour réaliser un piège magnéto-optique sur la transition d’intercombinaison
du strontium, nous avons besoin d’une source laser à 689 nm avec une puissance
de le l’ordre de 10 mW et une largeur spectrale inférieure à 7 kHz. La puissance ne
pose pas de problème par contre la largeur spectrale désirée est difficile à obtenir.
En effet, il n’existe pas de lasers qui ont une largeur spectrale de l’ordre du kHz
sans asservissement en fréquence. Il faudra donc choisir un laser qui se prête bien
à un asservissement en fréquence performant. Il faudra de plus que la largeur
spectrale de notre laser non asservi soit la plus petite possible afin de minimiser la
réduction de largeur spectrale à effectuer par l’asservissement. Nous expliciterons
tout d’abord les choix technologiques effectués concernant la source laser. Nous
décrirons ensuite la source laser réalisée et nous en donnerons ses caractéristiques.

1.3.1 Choix technologiques

Diode laser

Il existe sur le marché des diodes lasers monomodes émettant autour de
689 nm avec des puissances de l’ordre de 10 mW. Ces sources lasers sont bon
marché, fiables et ne demandent pas d’entretien. On peut contrôler facilement
leur fréquence d’émission en jouant sur la température et le courant [104]. Ces
diodes lasers ont cependant une largeur spectrale relativement grande (∼ 10 -
30 MHz). La source de bruit responsable de cette largeur de raie est l’émission
spontanée. L’émission spontanée dans le mode laser provoque des fluctuations
d’amplitude et de phase du champ électrique. Les fluctuations de phase corres-
pondent à la largeur de raie Schawlow-Townes d’un laser. De plus, dans une diode
laser, les fluctuations en amplitude sont transformées par un effet non linéaire en
fluctuations de phase. Par rapport à la largeur Schawlow-Townes, ce mécanisme
augmente la largeur de raie du laser d’un facteur 1 + α2 où α est le facteur de
couplage phase amplitude. Il varie généralement de 2 à 9. La largeur de raie d’une
diode libre est donc donnée par la formule suivante [105] [97] :

∆νlibre = ∆νST (1 + α2) (1.82)

∆νST est la largeur de raie donnée par la formule de Schawlow-Townes :

∆νST ∝ 1

P0

(
vg

l
ln(

1

R1R2
)

)2

(1.83)

où P0 est la puissance émise par le laser, l est la longueur de la cavité laser, vg est
la vitesse de groupe et R1, R2 sont les coefficients de réflexion de la cavité laser.

Pour une diode laser, la largeur spectrale peut ainsi varier de 10 à 30 MHz.
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Fig. 1.11 – Diode laser en cavité étendue

Pour obtenir une largeur de raie après asservissement de l’ordre du kHz, il est
préférable de partir d’une largeur spectrale initiale plus petite. On peut remarquer
dans la formule précédente (1.83) que la largeur de raie du laser est inversement
proportionnelle au carré de la longueur de la cavité laser. Pour réduire la largeur
spectrale d’une diode laser, une idée consiste donc à augmenter la longueur de la
cavité laser en ajoutant une cavité externe. Cette cavité externe est réalisée en
renvoyant une partie de la lumière émise par la diode laser dans celle-ci (figure
1.11). Avec une diode en cavité étendue, on réduit considérablement la largeur
spectrale du laser liée à l’émission spontanée. Cette réduction de largeur spectrale
a été calculée pour un feed-back arbitraire dans plusieurs références [106] [107] :

∆νétendue =
∆νlibre

Q2
(1.84)

avec

Q = 1 + α Re(
1

τ0

d ln(r(ω))

dω
) + Im(

1

τ0

d ln(r(ω))

dω
) (1.85)

où τ0 = 2l/vg est le temps mis par la lumière pour faire un aller retour dans la
cavité interne et r(ω) est le coefficient de réflexion en amplitude effectif de la face
de sortie :

r(ω) =

√
R2 +

√
Re(ω)(1 − R2) ei 2 ωL

c

1 +
√

R2Re(ω) ei 2 ωL
c

L étant la longueur de la cavité étendue et RE(ω) le coefficient de réflexion de
l’élément terminant la cavité externe.

Il a été aussi montré [106] que la réduction de la largeur spectrale est liée à
la réduction du déplacement de la fréquence d’émission avec le courant dν/dI.

∆νétendue

∆νlibre
=

(
(dν

dI
)étendue

(dν
dI

)libre

)2

= Q2 (1.86)
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En pratique, cette dernière relation nous permet d’estimer la réduction de lar-
geur spectrale liée à l’émission spontanée en mesurant dν/dI avant et après la
mise en cavité étendue. La valeur de cette réduction de largeur spectrale varie
généralement en pratique de 50 à 10000 suivant les caractéristiques de la cavité
étendue et de la diode laser. Les formules 1.84 et 1.85 nous donnent l’expres-
sion exacte de cette réduction de largeur en fonction des paramètres du laser.
Cette formule étant assez compliquée, essayons d’en dégager les comportements
généraux.

On peut remarquer tout d’abord que la réduction de largeur spectrale dépend
de l’accord de phase de la cavité externe 2 ωL/c. Ainsi la largeur spectrale liée à
l’émission spontanée dépend du point de fonctionnement du laser.

Dans la plus part des diodes en cavité étendue, on peut négliger l’oscilla-
tion dans la cavité externe (

√
R2Re(ω) << 1). Dans ce cas, la réduction de

largeur spectrale est proportionnelle au carrée de la longueur de la cavité externe
Q2 ∝ L2 (pour Q2 >> 1). Pour obtenir une réduction de la largeur spectrale liée
à l’émission spontanée la plus importante possible, on aura donc intérêt à choisir
une longueur de cavité externe la plus grande possible.

Si on néglige la cavité interne R2(ω) << Re(ω) (on est proche de cette si-
tuation pour des diodes traitées antireflets), la réduction de largeur spectrale ne
dépend plus que du rapport entre les longueurs de cavité externe et de la cavité
interne :

Q = 1 +
c L

vgl
(1.87)

Il faut noter que pour les longueurs de cavité réalisées en pratique (L > 2 cm),
la largeur de raie du laser ne sera plus imposée par l’émission spontanée mais par
les bruits techniques (bruit sur le courant de la diode, bruits acoustiques sur la
cavité externe, fluctuation de la température...). On obtient ainsi typiquement
une largeur spectrale pour une diode en cavité étendue d’environ 1 MHz sur un
temps de 50 ms.

On choisira donc comme source laser, une diode en cavité étendue. Ce système
permet d’obtenir une largeur spectrale d’environ 1 MHz (bruits techniques) alors
qu’une diode libre a une largeur spectrale de 10 à 30 MHz (émission spontanée).
Dans la partie suivante, nous examinerons les différentes configurations possibles
pour une diode en cavité étendue.

Diode laser en cavité étendue

Différentes technologies sont possibles pour réaliser une diode laser en cavité
étendue. L’élément optique terminant la cavité externe peut être divers : lame,
réseau, cavité Fabry-Perot... L’élément le plus utilisé est le réseau de diffraction.
Avec un tel élément, on peut obliger la diode laser à émettre à une longueur
d’onde différente de sa longueur d’émission en fonctionnement libre. Le réseau
étant un élément dispersif, seule une petite plage spectrale de la lumière émise
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par la diode (typiquement 80 GHz) revient dans celle-ci. Les pertes de la cavité
laser pour cette longueur d’onde de retour sont donc plus faibles, la diode la-
ser sera alors conduit à laser à cette longueur d’onde. En changeant la longueur
d’onde de retour, on peut ainsi balayer la longueur d’une diode sur réseau sur
plusieurs nanomètres.

Les deux montages généralement utilisés pour réaliser une diode sur réseau
sont le Littman [109] et le Littrow [110] [111] (figure 1.12). Chacune de ces deux
configurations présente ses avantages. Dans le montage Littrow, on change la lon-
gueur d’onde de retour de la lumière dans la diode et donc la longueur d’onde
d’émission en modifiant l’orientation du réseau. Ainsi, lorsqu’on change la lon-
gueur d’onde, le faisceau laser se déplace. Dans la configuration Littman, on ne
rencontre pas ce problème car ici on change la longueur d’onde en modifiant
l’orientation du miroir. De plus, dans cette configuration, on a une meilleure
résolution spectrale car le réseau est utilisé en incidence rasante (nombre de traits
du réseau éclairés plus important) et la lumière diffracte deux fois sur le réseau
avant de revenir dans la diode. Pour la réalisation de notre laser, la configuration
Littman ne présente pas d’avantage. Premièrement, la longueur d’onde d’émission
de notre laser sera fixe et donc le faite que le faisceau se déplace en fonction de
la longueur d’onde n’est pas gênant. Deuxièmement, les formules 1.84 et 1.85
montrent que le pouvoir de résolution du réseau ne joue pas un rôle important
pour la largeur spectrale du laser lorsque l’intervalle spectral libre de la cavité
étendue c/2L est plus grande que le pouvoir de résolution du réseau. Pour une
diode sur réseau, on sera généralement dans cette situation. On choisira donc la
configuration Littrow. Elle est en outre plus simple à réaliser et demande moins
d’éléments optiques dans la cavité. On pourra ainsi avoir une meilleure stabilité
mécanique que la configuration Littman.

diode
laser

lentille de
collimation

réseau diode
laser

lentille de
collimation

réseau

miroir

Littrow Littman

0

-1

0-1

Fig. 1.12 – Diode sur réseau : configuration Littrow et Littman
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Diode traitée antireflet

Le principal problème des diodes en cavité étendue est la présence d’une
double cavité : la cavité de la diode laser et la cavité externe. Lorsqu’on veut avoir
une longueur d’onde d’émission différente de la longueur d’onde d’émission de la
diode libre, il y a une compétition entre l’oscillation laser dans la cavité interne
et l’oscillation laser dans la cavité externe. Suivant le taux de lumière qui revient
dans la diode et le changement de longueur d’onde désirée, la longueur d’onde
obtenue pourra être donnée par le réseau de diffraction ou par l’émission de la
diode libre. Cette compétition entre les deux cavités limite la plage d’accordabilité
en longueur d’onde d’une diode sur réseau. L’autre conséquence de la présence de
cette double cavité est que les propriétés spectrales du laser dépendent fortement
de l’accord de phase entre ces deux cavités. Pour un mauvais accord de phase,
l’émission aura tendance à être multimode et l’effet laser sur la cavité interne
sera favorisé. Finalement, les zones de courant et d’orientation du réseau où la
longueur d’onde est imposée par le réseau et où l’émission est monomode sont
restreintes.

Pour éviter ces problèmes de double cavité, une solution consiste à utiliser
une diode laser avec un traitement antireflet sur la face d’émission. Ainsi, l’effet
de la cavité interne est considérablement réduit. Avec une diode traitée antireflet,
les zones d’émission monomode seront plus importantes et l’accordabilité en
longueur d’onde sera beaucoup plus grande (elle est limitée par la courbe
de gain de la diode laser). En conséquence, pour la réalisation de notre laser
stabilisé en fréquence, nous avons choisi d’utiliser une diode laser traitée antireflet.

Longueur de la cavité externe

Le dernier choix technologique à effectuer pour notre diode sur réseau concerne
la longueur de la cavité externe. Pour une diode non traitée antireflet, il est
préférable de choisir la cavité externe la plus courte possible afin d’éviter les
instabilités et le comportement multimode [110]. Pour une diode traitée antireflet,
on ne rencontre pas ce problème. D’autres critères interviennent pour le choix de
la longueur de la cavité. On a vu précédemment que la largeur spectrale liée à
l’émission spontanée était inversement proportionnelle au carré de la longueur
de la cavité externe. La stabilité mécanique de la cavité laser est par contre
meilleure pour une cavité courte. Il faut donc trouver un compromis entre la
largeur spectrale du laser associée à l’émission spontanée et la stabilité mécanique
de la cavité. Pour cela examinons l’effet du bruit en fréquence lié à l’émission
spontanée sur la stabilisation en fréquence de notre laser.

Pour une diode sur réseau non stabilisée, la partie basse fréquence de la den-
sité spectrale de puissance de la fréquence instantanée Sω(Ω) est déterminée par
le bruit technique en 1/Ω. Par contre dans la partie haute fréquence, c’est le bruit
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Fig. 1.13 – Allure de la densité spectrale de puissance d’une diode laser en cavité
étendue non asservie.

associé à l’émission spontanée qui est prépondérant (figure 1.13). La largeur spec-
trale pour une diode sur réseau non stabilisée est généralement déterminée par
la partie basse fréquence de la densité spectrale de puissance de la fréquence ins-
tantanée Sω(Ω). Cependant, pour la stabilisation en fréquence de notre laser, ce
bruit à haute fréquence peut jouer un rôle important. Il impose une limite à la
largeur de raie du laser asservi à cause du processus d’intermodulation (voir p.
261). De plus l’asservissement ayant une bande passante de correction limitée (∼
1 MHz), le bruit haute fréquence ne sera pas corrigé. Ce bruit à haute fréquence
n’intervient pas dans la largeur à mi-hauteur du spectre du laser asservi mais sur
les ailes du spectre. A partir de la bande passante de l’asservissement, les ailes du
spectre décroisseront moins vite que la lorentzienne correspondant à la largeur à
mi-hauteur du spectre. On a vu précédemment (voir p. 272) que dans certains
cas les ailes du spectre laser peuvent modifier l’interaction atome laser.

Pour résumer, la longueur de cavité externe intervient par l’in-
termédiaire du bruit en fréquence causé par l’émission spontanée sur
la largeur de raie ultime du laser asservi imposé par l’intermodulation
et sur les ailes du spectre du laser asservi.

Pour réaliser notre diode sur réseau, on choisira une longueur de cavité d’en-
viron 10 cm. En négligeant la cavité interne, on trouve à l’aide de la relation
1.87 une réduction de largeur spectrale associée à l’émission spontanée d’environ
1200 (on a pris comme longueur de cavité interne vgl/c ∼ 3 mm). On devrait
ainsi avoir une largeur spectrale liée à l’émission spontanée d’environ 10 kHz en
partant d’une largeur spectrale en libre de 10 MHz. De plus, dans de nombreuses
références [108] [109], il a été obtenu expérimentalement des largeurs de raie liée
à l’émission spontanée inférieure à 10 kHz avec des diodes sur réseau de 10 cm.
Avec cette largeur, on verra dans la suite que la limite de largeur de raie imposée
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par le processus d’intermodulation est très inférieure à la largeur spectrale que
l’on doit atteindre (< 7 kHz). Les ailes du spectre imposées par l’émission spon-
tanée ne devraient non plus pas être gênantes. Une longueur de cavité de 10 cm
est de plus raisonnable pour une bonne stabilité mécanique.

1.3.2 Réalisation du laser

Dans cette partie, je vais décrire les différents éléments constituant notre diode
sur réseau.

Fig. 1.14 – Diode sur réseau

Eléments optiques

La diode laser utilisée est une diode traitée antireflet par Sacher (SAL-690-10).
Sa longueur d’onde d’émission avant traitement était de 687 nm. Le coefficient
de réflexion résiduelle du traitement antireflet est donné inférieur à 8.10−5 à
687 nm. La puissance que l’on peut obtenir en cavité étendue est de 10 mW .
Le faisceau de la diode laser est collimaté par une lentille asphérique Geltech
traitée antireflet (f=8.00 mm O.N.=0.5). Un réseau holographique Jobin Yvon
avec 1800 traits/mm est utilisé pour réaliser la cavité étendue. Après l’objectif
de collimation, le faisceau laser est elliptique (ω0x = 1.5 mm, ω0y = 0.6 mm) avec
une polarisation linéaire perpendiculaire à l’ellipse. La diode laser est orientée afin
que le grand axe de l’ellipse soit perpendiculaire aux traits du réseau. Dans cette
configuration, le pouvoir de résolution de réseau est optimum (nombre de traits
éclairés maximum). Le coefficient de réflexion du réseau dans l’ordre -1 (retour
dans la diode) est pour cette polarisation de 25%. L’ordre 0 de diffraction sert de
faisceau de sortie. Les autres ordres de diffraction du réseau sont inexistants.
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Fig. 1.15 – Montage mécanique de la diode sur réseau.

Montage mécanique

Plusieurs montages mécaniques sont possibles pour réaliser une diode sur
réseau [110] [111]. Le montage doit être stable mécaniquement et doit permettre
de régler précisément le retour de la lumière dans la diode laser (inclinaison
verticale et horizontale du réseau, tirage de l’objectif). Notre montage réalisé
est décrit dans la figure 1.15. Les différents réglages sont effectués à l’aide de
vis micrométrique (pas=0.25mm) en jouant sur l’élasticité du métal. Pour pou-
voir contrôler finement la longueur d’onde d’émission, une cale piézo-électrique
basse tension Thorlabs (AE0203D08, déplacement de 6.1 µm pour une tension de
100V) permet d’orienter précisément l’orientation horizontale du réseau. Comme
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la fréquence d’émission d’une diode laser dépend fortement de la température et
que la longueur de la cavité externe est aussi sensible à la température (dilata-
tion), on asservit en température l’ensemble du montage à l’aide de modules à
effet Peltier.

Pour réaliser le montage mécanique, j’ai choisi du cuivre-beryllium. Cet alliage
allie une bonne élasticité pour les éléments de réglages et une bonne conductivité
thermique pour l’asservissement en température.

Asservissement en température

Le signal d’erreur pour l’asservissement en température est obtenu à l’aide
d’une thermistance placée dans un pont de Wheaston. La contre réaction s’effec-
tue sur trois modules à effet Peltier à l’aide d’un PID (Proportionnel, Intégrale,
Dérivée). Les constantes de temps du PID sont obtenues en mesurant la période
l’oscillation du système en boucle fermé avec seulement du proportionnel [112] :

Tosc = 24s ⇒ Tint =
Tosc

2
= 12s

⇒ Tder =
Tosc

8
= 3s

Le système stabilisé, les fluctuations du signal d’erreur sont de l’ordre de 10 mV.
Ceci correspond à des fluctuations en température au niveau de la thermistance
de l’ordre de 1 mK. Il est raisonnable de penser que l’ensemble est stabilisé en
température à 10 mK.

Alimentation en courant

On utilise une alimentation en courant stabilisée pour la diode laser. Le bruit
résiduel sur le courant est estimé à 1 µA. L’alimentation possède trois entrées
qui permettent de moduler le courant de la diode jusqu’à 50 kHz. Entre la diode
laser et l’alimentation, nous avons placé un circuit électronique (voir figure 1.16)
qui protège la diode laser des courants inverses et qui permet une modulation du
courant de la diode à des fréquences élevées. Ces entrées de modulation rapide
seront utilisées pour l’asservissement en fréquence du laser.

Alimentation cale piézo-électrique

Pour contrôler la cale piézo-électrique, nous avons besoin d’une alimentation
en tension de 0 à 100 V avec une entrée modulation pour réaliser des balayages.
Cette alimentation peut être réalisée à partir de piles placées en série (voir figure
1.17). C’est une solution peu coûteuse avec laquelle on a un bruit en tension très
faible.
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Fig. 1.16 – Circuit de protection et entrées de modulation rapide
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Fig. 1.17 – Alimentation cale piézo-électrique

1.3.3 Caractéristiques du laser

Dans cette partie, nous présenterons les résultats de la caractérisation
expérimentale de notre laser. La mesure de la puissance et du spectre de notre
laser a été réalisée en fonction de la longueur d’onde d’émission et du courant.
Avant d’examiner les caractéristiques de la diode en cavité étendue, nous com-
mencerons par analyser les propriétés de la diode libre.

Diode libre

Les caractéristiques de notre diode traitée antireflet sont très différentes d’une
diode non traitée. En effet, une face de la cavité laser étant traitée antireflet,
l’oscillation laser ne semble pas se produire. La puissance lumineuse en fonction
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du courant ne présente pas de seuil bien marqué (voir figure 1.18). De plus quel
que soit le courant, le spectre de la lumière émise est très large (20-30nm) (voir
figure 1.19). Si on mesure précisément ce spectre, on s’aperçoit qu’il présente une
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Fig. 1.18 – Puissance en fonction du courant pour la diode traitée antireflet
(T ∼ 20 oC)
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Fig. 1.19 – Spectre de la lumière émise par la diode traitée antireflet mesuré avec
un monochromateur (T ∼ 20 oC)
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modulation de période 0.074 nm (voir figure 1.19). Cette modulation provient de
l’effet résiduel de la cavité. La période de modulation mesurée correspond à une
longueur optique de cavité égale à 3.1 mm. La mesure de l’amplitude de cette
modulation peut servir pour mesurer la réflectivité résiduelle de la face traitée
antireflet [113].

Diode en cavité étendue

La diode laser décrite précédemment est montée en cavité étendue (voir figure
1.15). On retrouve ici un effet laser. La puissance laser en fonction du courant
présente un seuil bien marqué (figure 1.21). A partir du courant de seuil, le spectre
lumineux devient très étroit. Ce spectre n’étant plus résolu avec le monochroma-
teur (résolution 0.02 nm), on utilise un Fabry-Perot d’analyse. On constate alors
que l’émission laser est monomode ou multimode (mode de la cavité externe) sui-
vant le courant et l’orientation du réseau. Contrairement à une diode non traitée
antireflet, la longueur d’onde d’émission au-dessus du seuil de notre laser est tou-
jours déterminée par l’orientation du réseau. On peut ainsi balayer la longueur
d’onde d’émission sur toute la courbe de gain de la diode laser. En pratique, on
a réalisé un balayage de 678 nm à 693 nm limité par l’amplitude du réglage de
l’orientation du réseau.
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Fig. 1.20 – Maximum et minimum de l’oscillation du seuil en fonction de la
longueur d’onde

Bien que la diode soit traitée antireflet, la cavité interne intervient en-
core sur les caractéristiques du laser. On a en effet remarqué que le seuil et
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Fig. 1.21 – Puissance optique en fonction du courant pour différentes tensions
sur la cale piézo-électrique et donc différentes orientations du réseau (λ=689nm,
T ∼ 20 oC)

plus généralement l’allure de la courbe puissance/courant évoluent de manière
périodique avec la longueur d’onde d’émission (figure 1.21). Cette période
d’évolution correspond à l’intervalle spectral libre de la cavité interne. Sur la
figure 1.20, nous avons représenté le maximum et le minimum de cette oscillation
en fonction de la longueur d’onde. A courant fixe et en faisant varier l’orientation
du réseau, les caractéristiques de l’émission laser évoluent de manière périodique.
On passe successivement d’un spectre monomode à un spectre multimode. La
puissance et le bruit en intensité évoluent aussi de manière périodique.

Nous avons donc construit une source laser à 689nm monomode. Sa largeur
spectrale associée à l’émission spontanée devrait être d’environ 10 kHz. Cepen-
dant, la largeur spectrale de notre diode sur réseau est limitée par les bruits tech-
niques. Ceci conduit à une largeur spectrale qui est typiquement égale à 1 MHz
sur 50ms. Pour réduire cette largeur spectrale une idée consisterait à éliminer
tous les bruits techniques. Il faudrait avoir une source de courant stabilisée à
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10 nA. Les fluctuations de la longueur de la cavité devraient être aussi inférieures
à 3.10−13 m. Ces conditions sont très difficiles à réaliser en pratique sur une diode
sur réseau. Il est plus facile d’isoler une cavité Fabry Perot des bruits techniques
et d’asservir en fréquence notre laser sur cette cavité.
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1.4 Stabilisation en fréquence sur une cavité

Dans un laser, il existe généralement des paramètres qui permettent de
contrôler la fréquence d’émission. Dans un asservissement en fréquence, on agit
sur ces paramètres pour égaler la fréquence du laser à une fréquence de référence.
Il est ainsi possible de corriger le bruit en fréquence du laser.

La référence de fréquence peut être une référence atomique ou une référence
optique comme un interféromètre. Dans cette partie, nous décrirons l’asservisse-
ment en fréquence de notre source laser sur une cavité Fabry Perot. Nous com-
mencerons par décrire le principe d’un asservissement en fréquence et nous en
donnerons ses limites. Nous présenterons ensuite la technique d’asservissement
utilisée et nous décrirons sa réalisation pratique. Enfin, nous analyserons les per-
formances de l’asservissement en fréquence réalisé.

1.4.1 Principe d’un asservissement en fréquence et limite

Dans un asservissement en fréquence, on compare la fréquence du laser à
une référence dans le but d’obtenir un signal d’erreur électrique dépendant du
décalage entre ces deux fréquences. Pour être exploitable, le signal d’erreur
doit être proportionnel à la différence de fréquence entre le laser et la référence
lorsque la fréquence laser est proche de la référence. Ce signal d’erreur est ensuite
envoyé sur les entrées en tension qui permettent de contrôler la fréquence du
laser. On a ainsi réalisé une boucle de rétroaction électronique qui permet de
corriger le bruit en fréquence du laser. Cependant, ce bruit ne peut pas être
complètement corrigé. Les performances de l’asservissement sont limitées par la
fonction de transfert du système qui impose une correction finie et par le bruit
présent sur le signal d’erreur qui ne correspond pas au bruit de fréquence du
laser. Ces deux limites seront décrites dans les deux paragraphes suivants.

La boucle de rétroaction d’un asservissement a une certaine fonction de trans-
fert, elle ne réagit pas instantanément. La réponse en fréquence de la boucle de
rétroaction est déterminée par le processus physique qui conduit à l’obtention du
signal d’erreur, par l’électronique de l’asservissement et par la fonction de trans-
fert des éléments de contrôle de la fréquence du laser. Cette réponse en fréquence
se traduit par un certain temps de réponse de la boucle de rétroaction. L’asser-
vissement ne pourra pas corriger des perturbations plus rapides que ce temps de
réponse. La fonction de transfert de la boucle impose aussi une correction limitée
pour des perturbations plus lentes. Dans un asservissement, plus on augmente
le gain dans la boucle de rétroaction et plus le bruit sera corrigé. Cependant le
gain ne peut pas être augmenté indéfiniment. A partir d’une certaine fréquence
déterminée par la fonction de transfert de l’asservissement, la correction se re-
trouve en opposition de phase par rapport à la perturbation. Si à cette fréquence
le gain atteint 1, le système se met à osciller. Le gain à cette fréquence d’oscil-
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lation est donc limité et par conséquent le gain à plus basse fréquence se trouve
aussi limité.

Afin d’optimiser les performances de l’asservissement, on peut placer un cir-
cuit électronique entre le signal d’erreur et l’entrée permettant de contrôler la
fréquence du laser. Ce circuit a pour but d’augmenter le gain maximum de la
boucle de rétroaction en adaptant la correction à la réponse du système. Le cir-
cuit le plus utilisé est un PID (Proportionnel, Intégrale, Dérivée). L’intégrale
permet d’augmenter considérablement le gain de la boucle à basse fréquence. La
dérivée permet d’anticiper les perturbations en fréquence en envoyant une cor-
rection proportionnelle à la dérivée de la perturbation. La dérivée permet ainsi
d’améliorer la correction de l’asservissement à haute fréquence. Le rapport op-
timum entre le proportionnel, l’intégrale et la dérivée dépend de la fonction de
transfert de la boucle.

La fonction de transfert de la boucle de rétroaction impose donc une correction
limite du bruit en fréquence du laser. Pour obtenir un asservissement en fréquence
performant, il faudra donc minimiser les déphasages dans la boucle de rétroaction.
On améliora ainsi la bande passante de correction et on pourra avoir un gain plus
important pour des fréquences plus basses et donc une meilleure correction du
bruit.

L’autre limite pour les performances d’un asservissement est le bruit sur le
signal d’erreur qui ne code pas le bruit en fréquence du laser. L’asservissement
ne peut pas distinguer ce bruit des véritables variations en fréquence du laser.
Il essaye donc de le corriger et ajoute alors du bruit sur la fréquence du laser.
L’asservissement ne pourra donc pas corriger le bruit en fréquence qui a la même
amplitude que le bruit sur le signal d’erreur. Ceci impose une limite au bruit en
fréquence que l’on peut atteindre avec un asservissement. Le bruit sur le signal
d’erreur peut être d’origines diverses. Il peut provenir du bruit sur l’électronique
d’asservissement, du bruit d’intermodulation qui est présent lorsqu’on obtient le
signal d’erreur en modulant la fréquence laser [97] et du bruit en intensité du
laser qui au minimum correspond au bruit de photon.

Pour avoir une limite sur le bruit en fréquence après asservissement la plus
petite possible, il faudra donc minimiser les différentes sources de bruit sur le
signal d’erreur. Pour réduire l’influence de ces bruits, on aura de plus intérêt à
avoir un signal d’erreur avec une pente (dérivée par rapport à la fréquence) la
plus grande possible. Le bruit en fréquence correspondant au bruit sur le signal
d’erreur sera alors minimisé.

1.4.2 Présentation de la technique d’asservissement

De nombreuses techniques d’asservissement sont possibles pour réaliser l’as-
servissement en fréquence d’un laser. On utilise généralement une résonance en
fréquence. Elle peut être atomique (vapeur atomique) ou optique (cavité Fabry
Perot). On obtient généralement le signal d’erreur en modulant la fréquence la-
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ser et en effectuant une détection synchrone. Il est aussi possible de s’asservir
sans modulation. On peut s’asservir sur le flanc d’une résonance en comparant
le signal de résonance à une référence de tension. On peut aussi obtenir le signal
d’erreur sans modulation par spectroscopie de polarisation [114] pour un Fabry
Perot ou en utilisant l’effet Zeeman pour une vapeur atomique [115].

Pour stabiliser en fréquence notre laser au kHz, nous avons choisi la technique
de Pound-Drever-Hall [96]. C’est la technique avec laquelle ont été obtenues les
meilleures stabilisations en fréquence de laser. Il a été ainsi possible d’atteindre
une stabilité en fréquence inférieure au hertz [101] [116] [117].

La technique de stabilisation de Pound-Drever-Hall utilise comme référence
de fréquence une cavité Fabry Perot de haute finesse. Pour obtenir le signal
d’erreur, la fréquence du laser est modulée à haute fréquence (ωm/2π = 10 −
50 MHz). Cette modulation conduit à la présence de deux bandes latérales sur le
spectre du laser. La fréquence de modulation ωm qui donne l’écart entre la bande
centrale et les bandes latérales doit être supérieure à la largeur des résonances de
la cavité ∆ωc. Ainsi, lorsque la bande centrale est résonnante avec la cavité, les
bandes latérales se retrouvent hors de résonance. Le signal d’erreur est obtenu en
mesurant l’intensité réfléchie par la cavité à la fréquence de modulation. Lorsque
la bande centrale du spectre est proche de résonance, l’intensité réfléchie résulte
du battement entre la bande centrale qui est déphasé et atténué par la cavité
et les bandes latérales qui sont parfaitement réfléchies par la cavité. Le signal
d’erreur a été calculé à la page 259; il correspond à un signal dispersif avec une
largeur égale à la largeur de la résonance de la cavité. Si on utilise un Fabry Perot
avec une grande finesse, on peut alors avoir un discriminateur de fréquence très
précis.

Le signal d’erreur obtenu par la technique de Pound-Drever-Hall se comporte
vis à vis des perturbations de la fréquence du laser comme un filtre passe bas
du premier ordre avec une fréquence de coupure égale à la demi-largeur des
résonances de la cavité ∆ωc (voir page 262). Cette fonction de transfert induite
par la cavité ne limite pas la bande passante de correction de l’asservissement. En
effet, le déphasage apporté par la cavité dans la boucle de rétroaction est au maxi-
mum égal à π/2 pour une fréquence de perturbation grande devant ∆ωc/2. Ainsi,
s’il n’y a pas d’autres éléments déphasants, on obtiendra jamais un déphasage de
π qui provoque l’oscillation de l’asservissement et qui limite donc le gain et la
bande passante de la boucle de rétroaction. De plus, nous verrons dans la suite
qu’il est possible de compenser en partie la fonction de transfert induite par la
cavité en ajoutant dans la boucle de rétroaction un filtre passe haut du premier
ordre. On peut donc conclure que la largeur des résonances de la cavité ∆ωc ne
limite pas la bande passante d’un asservissement utilisant le signal d’erreur d’un
Pound-Drever-Hall qui est obtenu à partir de la réflexion de la cavité.

La technique de Pound-Drever-Hall permet donc d’avoir un signal d’erreur
avec une grande pente et une réponse rapide. La bande passante de correction
pour l’asservissement peut donc être très élevée, elle est limitée typiquement
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à ωm/20 par le filtre passe bas de la détection synchrone qui coupe les com-
posantes à ωm et 2 ωm. On peut donc effectuer des corrections importantes du
bruit de fréquence du laser. La technique de Pound-Drever-Hall permet aussi
d’avoir un bruit d’intermodulation très faible. En effet, le fait d’utiliser une ca-
vité de grande finesse et d’avoir une fréquence de modulation élevée donne une
limite à la largeur spectrale du laser imposée par l’intermodulation très faible
(∆ωintermodulation ∝ (∆ωc/Ωm)2) [97]. L’obtention du signal d’erreur par détection
synchrone à fréquence élevée permet aussi de s’affranchir des bruits techniques
présents sur l’intensité du laser et sur le détecteur. Il est ainsi possible d’obtenir
un bruit sur le signal d’erreur très faible. La limite ultime du bruit en fréquence
du laser est donc très basse.

1.4.3 Réalisation expérimentale de la stabilisation en
fréquence du laser

Plusieurs éléments sont nécessaires pour réaliser la technique de stabilisation
de Pound-Drever-Hall : cavité Fabry Perot, modulation de la fréquence laser,
montage optique, électronique (détecteur, mixeur, électronique d’asservissement),
élément de contrôle de la fréquence laser. Dans cette partie, nous décrirons chacun
des éléments et nous donnerons les motivations des choix technologiques.

Cavité Fabry Perot

La cavité Fabry Perot utilisée a été achetée chez REO à Boulder (Etats Unis).
Elle est constituée de deux miroirs identiques en ULE (Ultra Low Expansion)
de diamètre 1 pouce (2.54 cm), de rayon de courbure 50 cm et de transmission
0.07% à 689 nm. Ces miroirs sont en contact optique avec une cale en ULE de
10 cm de long. Pour cette cavité, on obtient un intervalle spectral libre égal à
∆νISL = 1.5 GHz (eq. 1.42) et une finesse égale à F = 4500 (eq. 1.46). La largeur
des résonances de la cavité est alors égale à ∆νc = 330 kHz (eq .1.45).

La largeur de résonance est un paramètre important ; elle détermine les ca-
ractéristiques du signal d’erreur (pente, largeur, bande passante). La pente du
signal d’erreur ( ds

dνL
= 2 scc

∆νc
voir page 258) détermine le bruit de fréquence ultime

que l’on peut atteindre avec l’asservissement pour un rapport signal à bruit donné
sur le signal d’erreur (bruit ne codant pas le bruit en fréquence du laser). Avec une
largeur de ∆νc = 330kHz et un rapport signal à bruit de 100 (scc/σs = 100) sur
le signal d’erreur, l’asservissement ne pourra pas corriger un bruit en fréquence
qui a un écart type inférieur à σν = σs

scc

∆νc

2
= 1.7kHz. La limite ultime de l’écart

type du bruit en fréquence du laser est donc de 1.7 kHz. Si le bruit sur le signal
d’erreur est blanc de bande passante B = 100 kHz, on obtient une largeur de raie

limite pour l’asservissement égale à πσ2
ν

B
= 90 Hz (voir page 240 relation 1.30).

Une largeur de résonance de 330 kHz doit donc être suffisante pour atteindre une
largeur spectrale de l’ordre du kHz.
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La largeur du signal d’erreur correspond à la largeur des résonances de la
cavité ; elle détermine le niveau d’amplitude des perturbations de fréquence pour
laquelle la correction sature. Il faut donc choisir une largeur de résonance pas
trop petite par rapport aux fluctuations de fréquence initiale du laser. Pour
notre diode sur réseau, les fluctuations de fréquence sont de l’ordre du MHz.
Une largeur de résonance de 330 kHz est donc raisonnable.
La bande passante du signal d’erreur est égale à la demi-largeur de résonance de
la cavité. Le signal d’erreur se comporte donc pour la fréquence du laser comme
un filtre passe bas du premier ordre de fréquence de coupure 165 kHz. Cette
fonction de transfert est compatible pour une correction des bruits en fréquence
jusqu’au MHz.

A présent, nous allons donner les motivations du choix de la géométrie de la
cavité. La géométrie confocale n’a pas été choisie. Dans ce cas, tous les modes se-
raient dégénérés, il est donc facile de coupler la lumière dans la cavité. Cependant,
si la dégénérescence n’est pas parfaite, les résonances de la cavité sont élargies.
On a donc choisi une géométrie de cavité clairement non dégénérée. On a de plus
vérifié que les premiers modes propres d’ordres supérieurs ne se retrouvaient pas
par cöıncidence proche du mode TEM0,0 ou à une distance égale à la fréquence
de modulation. Des miroirs distants de L=10 cm avec des rayons de courbures de
R=50 cm satisfont à ces conditions. Le waist du mode gaussien de cette cavité
est obtenu par la relation :

w4
0 =

(
λ

π

)2
L(2R − L)

4

On trouve pour les paramètres de notre cavité un waist égale à w0 = 0.18 mm.
On a vérifié que pour ce waist les pertes par diffraction avec des miroirs de 1
pouce sont négligeables pour la finesse de notre cavité.

La cavité Fabry Perot doit être une référence de fréquence stable au kHz. Il
faut donc au maximum isoler la cavité des perturbations extérieures (fluctuations
de température et de pression, vibration mécanique et acoustique). L’isolation de
la cavité est décrite sur la figure 1.22. La mise sous vide de la cavité (P ∼
10−6 mbar) permet d’isoler complètement la cavité des fluctuations de l’indice de
l’air causées par les variations de pression et de température . Le vide permet
aussi d’isoler la cavité des vibrations mécaniques et acoustiques. Des cales en
viton limitent le passage des vibrations par les supports de la cavité. De plus
l’ensemble du système est isolé à l’aide d’un isolant acoustique (Barson). Pour les
fluctuations de température, la cavité est fabriquée en un matériau avec une très
faible expansion thermique (ULE) 8. L’ensemble du système est de plus asservie

8. Une mesure de l’expansion thermique a été réalisée en comparant les fréquences de
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en température à l’aide de transistors de puissance. Les fluctuations rapides de
températures sont moyennées par l’isolation thermique qu’assure le vide.

Les tests de stabilité de la cavité Fabry Perot devront être réalisés avec une
référence atomique.

câle en viton

Pompe
ionique
3 l/s

Vanne

hublothublot

Cavité ULE

Boîte asservie en température

P ~ 10-6 mBar

Isolant acoustique : Barson

câle en viton

Fig. 1.22 – Isolation de la cavité Fabry Perot

Montage optique

Le montage optique permettant d’asservir le laser est décrit sur la figure 1.23.
Ce montage doit nous permettre de coupler le faisceau laser dans le mode TEM0,0

de la cavité Fabry Perot. On commence par transformer le faisceau elliptique sor-
tant du laser en faisceau à symétrie sphérique à l’aide de prismes anamorphoseurs.
On réalise ensuite un filtrage spatial avec un trou de 50 µm. A l’aide de deux

résonance de la cavité à la résonance du strontium en fonction de la température de la ca-
vité. Nous avons ainsi mesuré un déplacement des résonances de la cavité de 25 MHz.K−1 ce
qui correspond à un coefficient d’expansion de dL/L = 6 10−8 K−1 (T ∼ 25oC).
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lentilles, on focalise le faisceau laser au centre de la cavité et on adapte le waist
du faisceau laser au mode TEM0,0 de la cavité. Pour connâıtre le taux de lumière
couplé dans le mode TEM0,0, on mesure à résonance l’intensité réfléchie par la
cavité. Si il n’y a pas d’absorption dans la cavité, l’intensité réfléchie à résonance
doit être nulle. L’intensité résiduelle réfléchie nous donne donc l’intensité dans les
autres modes. On obtient sur notre montage un taux de lumière couplé de 89%.

L’autre point qu’il faut soigner sur le montage optique est les éventuels retour
de lumière dans le laser. En effet, ces retours de lumière engendrent un bruit
de fréquence important sur le laser. Pour éviter ces retours de lumière dans le
laser, on utilise donc un isolateur optique. Le taux d’isolation mesuré est de 10−4.
Comme la cavité renvoie directement la lumière dans le laser, cette isolation ne
suffit pas. Il faut aussi soigner l’extinction du cube qui dirige la lumière réfléchie
par la cavité sur la photodiode de l’asservissement.

Télescope

Prismes
anamorphoseurs

Filtrage spatial
trou

Ø 50 µm

vers expérience vers expérience

λ/2

λ/4

f = 500 mm

Photodiode
rapide

Cavité Fabry Perot
F = 4500  L = 10cm
ISL = 1.5 GHz
∆νc = 330kHz

f = 50 mm

Diaphragme

f = 100 mm

f = 35 mm
f = 50 mm

Isolateur optique
extinction 10-4

Diode sur réseau

Fabry Perot
d'analyse

Fig. 1.23 – Montage optique de la stabilisation en fréquence du laser à 689 nm

Mesure de la finesse de la cavité

La largeur des résonances de la cavité est une donnée importante pour l’as-
servissement en fréquence du laser. Cette information permet de relier le bruit
sur le signal d’erreur au bruit de fréquence du laser (voir relation 1.62 page 262).
La largeur des résonances intervient de plus dans la fonction de transfert de la
boucle de rétroaction.
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On peut calculer la largeur des résonances de la cavité à partir des données
fournies par le constructeur (coefficients de réflexion des miroirs, longueur de la
cavité). Il cependant important de vérifier expérimentalement cette valeur. En ef-
fet, la finesse de la cavité peut être dégradée par des pertes sur les miroirs causées
par exemple par des poussières.

Comme la largeur spectrale de notre laser non asservie (∼ 1MHz) est plus
grande que la largeur des résonances de la cavité (∼ 0.3MHz), on ne peut pas
mesurer la largeur des résonances en mesurant la transmission ou la réflexion
de la cavité en fonction de la fréquence laser. Il existe une autre technique qui
consiste à mesurer le temps de vie d’une impulsion lumineuse dans la cavité
(τv = 2/∆ωc = 1/(π∆νc)). Si on envoie une impulsion lumineuse dans la cavité
plus courte que son temps de vie, la transmission de la cavité décrôıt de manière
exponentielle avec une constante de temps égale au temps de vie τv. On peut
ainsi mesurer le temps de vie de la cavité et donc la largeur de résonance. Cette
méthode demande l’emploi d’un instrument qui permet d’obtenir des impulsions
lumineuses comme par exemple un modulateur acousto-optique. Une technique
plus simple à mettre en oeuvre sur notre montage consiste à réaliser un balayage
rapide de la fréquence laser autour d’une résonance de la cavité. La cavité est
dans ce cas résonnante un court instant avec le laser. Une onde lumineuse dont
la fréquence correspond à peu près à la fréquence de résonance de la cavité est
stockée dans celle-ci. L’intensité réfléchie correspond donc à l’interférence entre
le champ incident avec une fréquence qui continue à augmenter linéairement avec
le temps et l’onde stockée dans la cavité dont la fréquence est fixe. Lorsque la
fréquence du laser passe par la résonance de la cavité, l’intensité réfléchie se met
donc à osciller. Comme l’onde stockée a une certaine durée de vie, l’amplitude
de cette oscillation s’atténue. La constante de temps de l’atténuation correspond
au temps de vie de la cavité. La mesure expérimentale de l’intensité réfléchie par
la cavité nous donne donc le temps de vie de la cavité et donc la largeur des
résonances.

Nous avons donné de manière qualitative l’allure de l’intensité réfléchie par la
cavité. Nous allons à présent calculer cette intensité de manière quantitative. On
pourra alors réaliser une comparaison quantitative entre la prédiction théorique
et la mesure expérimentale afin d’en déduire le temps de vie de la cavité.

On peut modéliser le champ électrique incident sur la cavité lorsqu’on balaye
la fréquence du laser par :

Ei(t) = E0 ei(ωL+αt)t

Le champ réfléchi par la cavité s’exprime comme le produit de convolution du
champ incident Ei(t) et de la réponse impulsionnelle de la réflexion de la cavité
rc(t) (voir page 249). Si on est proche d’une résonance de la cavité (ωL+αt−ω0 <<
∆ωISL), la réponse impulsionnelle de la cavité peut s’écrire comme la transformée
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balaye rapidement la fréquence laser autour de résonance (ωL = ω0 + αt)

de Fourier de l’expression 1.44 (page 250) :

rc(t) = δ(t) − 2

∆ωc
Hea(t) e−

∆ωc t
2 eiω0t

où Hea(t) la fonction d’Heaviside. Elle est égale à 1 si t > 0 et 0 si t < 0.
Le produit de convolution entre Ei(t) et rc(t) donne donc le champ réfléchi par
la cavité :

Er(t) = Ei(t)

(
1 − 2

∆ωc

∫ ∞

0

e−
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L’intégrale précédente peut se calculer en utilisant la fonction erreur erf :
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Le module carré de cette expression nous donne l’intensité réfléchie par la
cavité. Sur la figure 1.24, nous avons tracé l’intensité réfléchie au cours du
temps avec les paramètres expérimentaux. Lorsque la fréquence du laser atteint
la fréquence de résonance de la cavité l’intensité réfléchie se met à osciller. La
décroissance de ces oscillations n’est pas exactement exponentielle. Cependant,
si on ne tient pas compte des deux premières oscillations et des oscillations après
des temps supérieures à dix fois le temps de vie de la cavité, la décroissance des
oscillations est à peu près exponentielle. La constante de temps de cette expo-
nentielle correspond au temps de vie de la cavité (τv = 2/∆ωc = 1/(π∆νc)).

Pour évaluer le temps de vie de notre cavité, on mesure donc
expérimentalement l’intensité réfléchie par la cavité lorsqu’on balaye la fréquence
du laser autour de la résonance (figure 1.24). On réalise ensuite un fit de la
décroissance des oscillations en ne tenant pas compte des deux premières oscil-
lations et en s’arrêtant avant dix fois le temps de vie de la cavité. On obtient
ainsi une constante de temps de 1.0µ s ± 0.1 µs correspondant au temps de vie
de la cavité. La largeur des résonances de la cavité correspondante est
égale à 314 kHz ± 30 kHz. Cette valeur est en accord avec la largeur
de résonance calculée à partir des données du constructeur 330 kHz.

Génération des bandes latérales sur le spectre du laser

Pour obtenir le signal d’erreur pour l’asservissement Pound-Drever-Hall, il
faut moduler la fréquence du laser à une fréquence supérieure à la largeur des
résonances de la cavité. On choisira dans notre cas une fréquence de modulation
de 20 MHz. Cette fréquence de modulation est très grande devant la largeur
des résonances de notre cavité (330 kHz). De plus, avec cette fréquence, on sort
du bruit technique présent sur l’intensité laser et sur le détecteur. La limite de
largeur de raie après asservissement imposée par le processus d’intermodulation
donne ici (voir page 261): 9

∆ωasservi =
∆ω2

c∆ωHF

4ω2
m

=
(330kHz)2. 10kHz

4(20MHz)2
= 0.6Hz (1.88)

Dans la suite, on négligera donc le processus d’intermodulation pour l’asser-
vissement de notre laser au kHz. La fréquence de modulation détermine aussi
la bande passante de correction de notre asservissement. Avec une fréquence de
modulation de 20 MHz, il est possible d’avoir une bande passante de correction
de l’ordre du MHz qui est compatible avec une stabilisation au kHz de notre laser.

Une fréquence de modulation de 20 MHz devrait donc être suffisante pour
obtenir une largeur spectrale de l’ordre du kHz. L’indice de modulation sera
choisi voisin de 1 afin de maximiser l’amplitude du signal d’erreur (voir page 259).

9. La largeur spectrale correspondant au bruit à haute fréquence ∆ωHF a été estimée pour
notre diode sur réseau page 278.
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La modulation de fréquence du laser est généralement obtenue à l’aide d’un
modulateur de phase (électro optique). Pour une diode laser, on n’est pas obligé
d’utiliser cet instrument. En effet, une diode permet de réaliser des modulations
de fréquence jusqu’au GHz en agissant sur le courant. En modulant le courant de
notre diode à 20 MHz, on obtient donc la modulation de fréquence désirée. Cette
modulation de fréquence est cependant accompagnée par une modulation de la
puissance du laser qui se traduit principalement par l’ajout d’un signal continu
(”offset”) sur le signal d’erreur. Ce décalage horizontal du signal d’erreur peut être
compensé électroniquement. Cependant des fluctuations de puissance du laser
entrâınent des fluctuations du décalage du signal d’erreur et donc des fluctuations
de la fréquence du laser lorsqu’il est asservi. La modulation de puissance qui
accompagne la modulation de fréquence lorsqu’on module le courant de la diode
laser peut donc nuire à la stabilité de l’asservissement.

Il est cependant possible d’éliminer le décalage du signal d’erreur causé par
la modulation de puissance en réalisant la détection synchrone en opposition
de phase par rapport à la modulation de puissance. En pratique, on choisit le
déphasage entre la référence et le signal provenant de la photodiode afin que le
décalage sur le signal d’erreur soit nul. Cette procédure peut être utilisée si le
signal d’erreur obtenu pour cette phase n’est pas nul ou très diminué.

Le signal d’erreur du Pound-Drever-Hall se détecte en opposition de phase
par rapport à la fréquence de modulation (voir page 259). Comme il n’y a aucune
raison que la modulation de puissance soit en opposition de phase par rapport
à la modulation de fréquence, le signal d’erreur obtenu pour une phase de la
détection synchrone qui annule la modulation de puissance ne doit pas être nulle
en général. En comparant le signal d’erreur dans les bandes latérales (voir figure
1.25 page 298) à la prévision théorique donnée dans la référence [118], on trouve
que le déphasage entre la modulation de puissance et la modulation de fréquence
est de l’ordre de π/4. En choisissant la phase de la détection synchrone qui annule
la modulation d’amplitude, on obtient donc un signal d’erreur sans décalage avec
une amplitude un peu diminuée (∼ 0.7).

En conclusion, si on choisit bien la phase de la détection synchrone pour
annuler la modulation de puissance, la modulation de puissance ne nuit pas à
l’asservissement en fréquence. Dans notre cas, la modulation de puissance a juste
pour conséquence de diminuer l’amplitude du signal d’erreur d’un facteur 0.7.

Pour obtenir la modulation de fréquence désirée pour l’asservissement, on
modulera donc le courant de notre diode à 20 MHz. Pour cela, on envoie le signal
d’un oscillateur à quartz à 20 MHz sur l’entrée modulation rapide du courant de
la diode laser (voir schéma 1.16 page 282).

Obtention du signal d’erreur

Le signal d’erreur de la technique de stabilisation Pound-Drever-Hall s’obtient
en mesurant l’intensité réfléchie par la cavité à la fréquence de modulation. Pour
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Fig. 1.25 – Transmission de la cavité et signal d’erreur en fonction de la fréquence
laser (balayage de fréquence effectué sur le courant 0.56MHz/ms)

cela, on utilise un détecteur rapide constitué d’une photodiode PIN (photodiode
Hamamatsu S5972) polarisée en inverse et d’un amplificateur opérationnel
rapide (CLC 425). Le détecteur est aussi équipé d’un filtre passe haut à 300 kHz.
Pour obtenir la composante du signal modulée à la fréquence de modulation,
on utilise un mixeur minicircuit (SRA 6). Ce mixeur multiplie le signal venant
de l’oscillateur à quartz et le signal venant du détecteur. Le déphasage entre
ces deux signaux est réglé en jouant sur la longueur des câbles 10 arrivant au

10. On obtient un déphasage de 2π pour un câble de 10 m.
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mixeur. Après le mixeur, on a placé un filtre passe bas qui coupe la modulation
résiduelle à 20 et 40 MHz. On doit utiliser un filtre passe bas qui induise un
faible déphasage jusqu’au MHz dans la boucle de rétroaction et une bonne
coupure de la modulation à 20 et 40 MHz. Pour cela, on utilise un filtre passe
bas de Bessel du quatrième ordre (fc = 10 MHz). Le déphasage à 2 MHz est
égale 22o. La coupure à 20 MHz est égale à Vs/Ve = 0.2 et la coupure à 40 MHz
est égale à Vs/Ve = 0.02. Le signal est ensuite amplifié avec un gain de 20 à
l’aide un amplificateur opérationnel (CLC 425).

On ainsi réalisé une détection synchrone de l’intensité réfléchie par la cavité à
la fréquence de modulation (20MHz). Le déphasage contrôlé par la longueur des
câbles avant le mixeur est réglé afin que l’offset lié à la modulation d’amplitude
soit nul. Le signal d’erreur obtenu à la sortie de l’amplificateur est donné sur la
figure 1.25.

Entrées de contrôle de la fréquence laser

Une diode sur réseau possède deux éléments de contrôle de la fréquence du
laser : l’orientation du réseau commandée par la tension sur la cale piézo-électrique
et le courant dans la diode laser.

La tension appliquée à la cale piézo-électrique contrôle l’orientation du
réseau et la longueur de la cavité externe et donc la fréquence du laser. Avec
cet élément de contrôle, on peut changer continûment la fréquence laser sur de
grandes plages qui sont typiquement égales 5 GHz (limitées par les sauts de
mode). Cependant, la bande passante de cet élément de contrôle est limitée. A
partir de quelques kHz, il apparâıt des résonances mécaniques sur la réponse du
piézo (voir figure 1.26). Ces résonances sont gênantes pour l’asservissement car
elles font osciller le système pour des gains sur la boucle de rétroaction très faible.
Pour améliorer la correction du bruit en fréquence avec la cale piézo-électrique,
nous avons placé un circuit électronique entre la correction et l’entrée modulation.
Ce circuit permet d’empêcher l’établissement des oscillations. Il est constitué d’un
filtre coupe bande à 3kHz correspondant à la première résonance de la cale piézo-
électrique et d’un filtre passe bas coupant les autres résonances (voir figure 1.27).
Avec ce circuit, on peut nettement augmenter le gain dans la boucle de rétroaction
de l’asservissement et donc améliorer la correction du bruit en fréquence avec la
cale piézo-électrique. La bande passante de correction obtenue est d’environ 1
kHz.

Le deuxième élément de contrôle de la fréquence du laser est le courant de
la diode laser. En plus de changer la puissance laser, le courant modifie sa
fréquence d’émission. La plage de changement continu de la fréquence laser est
plus petite (typiquement 0.2 GHz) qu’avec la cale piézo-électrique mais la bande
passante est beaucoup plus grande (∼ GHz) limitée par la relaxation dans le
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semi-conducteur. Cet élément de contrôle permettra donc de corriger le bruit en
fréquence du laser jusqu’à des fréquences élevées.

On dispose de deux entrées permettant d’agir sur le courant (voir page 281) :
une entrée sur l’alimentation en courant avec une bande passante limitée à 50
kHz et une entrée au niveau du circuit de protection (voir figure 1.16 page 282)
dont on n’a pas limité la bande passante. Les corrections de fréquence les plus
rapides seront donc réalisées sur cette dernière entrée.
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Pour corriger le bruit en fréquence du laser, on dispose donc de trois entrées de
contrôle de la fréquence laser. L’entrée agissant sur la tension appliquée à la cale
piézo-électrique permettra de corriger les dérives et le bruit en fréquence jusqu’au
kHz. L’entrée modulation courant sur l’alimentation de la diode laser permettra
des corrections du bruit de fréquence jusqu’à 50 kHz. Enfin, les corrections plus
rapides seront assurées par l’entrée modulation courant sur le circuit de protec-
tion. Pour réaliser l’asservissement, on utilisera donc trois boucles de rétroaction
avec des caractéristiques adaptées à l’élément de contrôle correspondant.

Boucle de rétroaction

Dans cette section, je vais décrire l’électronique composant les trois boucles
de rétroaction agissant sur les trois entrées de contrôles de la fréquence laser
vues précédemment.

La boucle de rétroaction agissant sur la cale piézo-électrique doit corriger les
dérives de fréquence du laser et le bruit en fréquence jusqu’au kHz. On a placé
dans la boucle un intégrateur réalisé avec un amplificateur opérationnel OP 25.
Cet intégrateur permet d’avoir un gain très élevé à basse fréquence (limité par
la saturation de l’amplificateur à 15 V). Cette boucle de rétroaction permet de
corriger parfaitement les dérives de la fréquence laser et une partie du bruit en
fréquence inférieur au kHz.

La boucle de rétroaction agissant sur l’entrée modulation de l’alimentation
de courant doit corriger le bruit en fréquence jusqu’à 50 kHz (bande pas-
sante de l’entrée modulation). L’électronique de la boucle de rétroaction est
constituée d’un circuit proportionnel et d’un circuit intégrateur dont les sorties
sont sommées. Ces circuits sont réalises avec des amplificateurs opérationnels
OP 27. Le rapport entre le proportionnelle et l’intégrale est déterminé
expérimentalement afin d’avoir la meilleure correction possible du bruit en
fréquence du laser. Le gain à basse fréquence de l’intégrateur est limité afin que
cette boucle de rétroaction ne corrige pas les dérives de fréquence du laser. A par-
tir de 30 Hz, le gain de l’intégrateur n’augmente plus quand la fréquence diminue.

La boucle de rétroaction agissant sur l’entrée correction rapide du circuit de
protection doit permettre de corriger le bruit à haute fréquence (≤ MHz). La
boucle de rétroaction est comme précédemment constitué d’un proportionnel et
d’un intégrateur sommés. Pour réaliser ces fonctions, on utilise des amplificateurs
opérationnels plus rapides (CLC 425) afin de ne pas limiter la bande passante de la
boucle de rétroaction. Comme précédemment, le rapport entre le proportionnelle
et l’intégrale est déterminé expérimentalement afin d’avoir la meilleure correction
possible du bruit en fréquence du laser. Le gain à basse fréquence de l’intégrateur
est aussi limité afin que cette boucle de rétroaction ne corrige pas les dérives de
fréquence du laser.
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Nous avons de plus placé dans la boucle un filtre qui permet de corriger
le déphasage apporté par la cavité [119]. Nous avons vu précédemment que la
cavité se comportait comme un filtre passe bas du premier ordre de fréquence de
coupure égale à la demi-largeur des résonances de la cavité ∆νc/2. Nous avons
donc placé dans la boucle de rétroaction un filtre passe haut du premier ordre
avec une fréquence de coupure égale à ∆νc/2 	 160 kHz (voir figure 1.28).

1 kΩ

1 nF

1 kΩ

Intégrale
+
Proportionnel

Entrée correction rapide

fc = 160 kHz

Fig. 1.28 – Filtre électronique compensant la fonction de transfert de la cavité
Fabry Perot

Cette boucle de rétroaction est limitée à basse fréquence (∼ 160Hz) par
le filtre passe haut de l’entrée correction rapide (voir schéma 1.16 page 282).
Les déphasages présents dans la boucle de rétroaction (longueur des câbles,
amplificateurs opérationnels, filtre passe bas après le mixeur) limite la bande
passante de correction à environ 1MHz.

Le schéma récapitulatif de l’asservissement en fréquence de notre laser est
représenté sur la figure 1.29.

1.4.4 Analyse des performances de l’asservissement

Le but de cette partie est de mesurer les performances de l’asservissement
en fréquence réalisé. Nous allons donc déterminer les propriétés spectrales de
notre laser lorsqu’il est asservi. Dans la partie 1.2, nous avons examiné plusieurs
méthodes de détermination des propriétés spectrales d’un laser. Comme nous ne
disposons pas d’un laser de référence ou d’un laser identique, la seule méthode
permettant de connâıtre les propriétés spectrales de notre laser est d’analyser le
bruit sur le signal d’erreur. La formule 1.62 (page 262) permet de relier la densité
spectrale de puissance du bruit sur le signal d’erreur Ss(f) à la densité spectrale
de puissance de la fréquence instantanée Sν(f) :

Sν(f) =
Ss(f)

s2
cc

∆ν2
c

4

(
1 +

(
2f

∆νc

)2
)

(1.89)
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Fig. 1.29 – Schéma récapitulatif de la stabilisation en fréquence du laser

où scc est l’amplitude crête-crête du signal d’erreur. Dans notre cas scc = 1.8V .

Pour pouvoir appliquer cette formule, il faut satisfaire plusieurs conditions.
Il faut tout d’abord que la largeur spectrale du laser soit petite devant la largeur
des résonances de la cavité. Nous verrons que cette condition est parfaitement
satisfaite lorsque le laser est asservi. Il faut de plus que le bruit présent sur le
signal d’erreur corresponde bien au bruit en fréquence du laser c’est à dire que
le bruit qui ne code pas le bruit en fréquence du laser (intermodulation, bruit
de l’électronique, bruit d’intensité du laser) soit petit devant le bruit provenant
du bruit de fréquence du laser. Nous avons vu précédemment (voir page 296)
que dans notre cas le bruit d’intermodulation est négligeable pour une largeur
spectrale du laser asservi de l’ordre du kHz. Nous verrons dans la suite que le
bruit de l’électronique et que le bruit en intensité sont aussi négligeables.

Lorsqu’on branche les trois boucles de rétroaction, on voit une nette diminu-
tion du bruit sur le signal d’erreur. Pour obtenir la densité spectrale de puissance
Ss(f), nous avons enregistré le bruit sur le signal d’erreur sur un oscilloscope
numérique. Nous avons ensuite effectué une transformée de Fourier numérique
(FFT) du signal. En utilisant la relation 1.9 (page 232), on obtient finalement
la densité spectrale de puissance du signal d’erreur Ss(f). L’oscilloscoppe utilisé
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comportant 10000 points, il faut enregistrer le signal d’erreur sur trois échelles
de temps différentes pour avoir la densité spectrale de puissance entre 10 Hz et
100 MHz. Il faut de plus faire attention au phénomène de repliement de spectre.
Le bruit dont la fréquence est supérieure au temps d’échantillonnage de l’oscil-
loscope est rapporté à basse fréquence. Pour les deux échelles de temps les plus
longues, on a donc placé un filtre passe bas qui coupe le bruit à des fréquences
plus rapides que le taux d’échantillonnage. Sur la figure 1.30, nous avons reporté
la densité spectrale de puissance du bruit sur le signal d’erreur Ss(f) dans trois
conditions :

1. Laser asservi.

2. Laser asservi avec uniquement la boucle de rétroaction lente (cale piézo-
électrique) avec un gain très faible. Ici, on a simplement corrigé les dérives
en fréquence du laser. Dans ces conditions, on mesure donc le bruit en
fréquence du laser lorsqu’il n’est pas asservi.

3. Laser non asservi hors résonance. Ici, le bruit sur le signal d’erreur provient
du bruit en intensité du laser et du bruit de l’électronique.

La comparaison entre les densités spectrales de puissance prises dans les condi-
tions 1 et 2 nous donne les corrections du bruit en fréquence effectuées par l’asser-
vissement. On peut voir que le bruit en fréquence est corrigé jusqu’à 1MHz. Cette
limite correspond à la bande passante de l’asservissement. A basse fréquence le
bruit est corrigé de six ordres de grandeur.

La mesure du bruit du signal d’erreur dans la condition 3 nous donne le bruit
présent sur le signal d’erreur qui ne code pas le bruit en fréquence du laser. Ce
bruit provient essentiellement de l’électronique de l’asservissement. On constate
que ce bruit qui ne code pas le bruit en fréquence du laser est pratiquement tout
le temps négligeable par rapport au bruit sur le signal d’erreur lorsque le laser
est asservi. On peut donc en conclure que le bruit mesuré sur le signal d’erreur
lorsque le laser est asservi provient essentiellement du bruit de fréquence du laser.

En appliquant la formule 1.89 à la densité spectrale de puissance Ss(f) me-
surée lorsque le laser est asservi, on obtient donc la densité spectrale de puissance
de la fréquence instantanée du laser Sν(f) (voir figure 1.31).

Nous avons vu que la quantité pertinente qui détermine l’interaction du laser
avec un système physique est le spectre optique du laser SE(Ω) et en particulier
sa largeur à mi-hauteur ∆ν. En supposant que le bruit sur la fréquence instan-
tanée est gaussien, on peut déterminer le spectre du laser SE(Ω) à partir de la
densité spectrale de puissance Sν(f) en utilisant la relation 1.23 (page 237). La
détermination du spectre du laser à partir de la densité spectrale de puissance me-
surée Sν(f) demande cependant un calcul numérique relativement lourd. Comme
nous voulons simplement savoir si la largeur spectrale de notre laser ∆ν est pe-
tite par rapport à la largeur naturelle de la transition (7.6 kHz), nous réaliserons
une estimation grossière de la largeur spectrale de notre laser ∆ν basée sur les
propriétés du bruit blanc de fréquence.
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Fig. 1.31 – Densité spectrale de puissance de la fréquence instantanée du laser
asservi (Sν(f)) obtenue à partir du bruit sur le signal d’erreur.

spectrale de puissance S0
ν du bruit blanc considéré pour f > 500 kHz se traduira

sur le spectre du laser par des ailes qui décroissent moins vite à partir de 500 kHz
que le spectre associé au bruit blanc de fréquence (lorentzienne de largeur à mi-
hauteur 1 kHz).

L’estimation de la largeur spectrale inférieure à 1 kHz a été réalisée avec
pour référence de fréquence la cavité Fabry Perot. La largeur spectrale absolue
de notre laser dépend donc de la stabilité de notre cavité. Les études précédentes
[149] nous laissent penser que l’isolation de notre cavité Fabry Perot est suffisante
pour obtenir une largeur spectrale absolue de notre laser inférieure à 1 kHz sur
un temps de 1 seconde. Pour s’assurer de la stabilité en fréquence de notre cavité
Fabry Perot, il faudra faire interagir notre laser avec une vapeur atomique de
strontium. Pour compenser les éventuelles dérives en fréquence de la cavité, il
est envisagé de réaliser un asservissement en fréquence sur un vapeur atomique
de strontium.

En conclusion, nous avons réalisé un laser stabilisé en fréquence sur une cavité
ultrastable. Nous avons mesuré à partir du bruit sur le signal d’erreur une largeur
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spectrale inférieure à 1 kHz. Cette largeur spectrale obtenue est petite devant la
largeur de la transition d’intercombinaison du strontium (7.6 kHz). L’interaction
de notre laser avec une vapeur atomique de strontium devrait donc être très peu
modifiée par le bruit de fréquence.
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Chapitre 2

Refroidissement Doppler sur une
transition étroite

Depuis les années 80, de nombreuses techniques de refroidissement laser ont
été développées pour réduire la dispersion en vitesse d’une vapeur atomique. Ces
techniques de refroidissement sont caractérisées principalement par deux échelles
de vitesse. La première échelle de vitesse correspond à la largeur en vitesse de
la transition c’est à dire à l’effet Doppler qui change la fréquence apparente du
laser d’une quantité égale à la largeur naturelle de la transition Γ : vΓ = Γ/k. La
deuxième échelle de vitesse est la vitesse de recul : vrec = � k/m. Elle correspond
au changement de vitesse d’un atome lors de l’absorption ou de l’émission d’un
photon.

Le refroidissement laser a d’abord été développé sur des transitions larges
où la largeur en vitesse de la transition est très grande devant la vitesse de re-
cul. Ces transitions sont très intéressantes car leur probabilité de transition (Γ)
élevée leur permet d’échanger un grand nombre de photons par unité de temps
et donc d’avoir des forces de pression de radiation très importantes. Le premier
mécanisme de refroidissement introduit fut le refroidissement Doppler [131] [132].
Cette technique utilise la dépendance en vitesse de la force de pression de radia-
tion causée par effet Doppler pour ralentir les atomes. La dispersion en vitesse
obtenue correspond alors à la moyenne géométrique entre la vitesse de recul et la
largeur en vitesse de la résonance (σv ∼ √

vΓ vrec) . Pour des atomes possédant
une structure interne, un mécanisme de refroidissement plus performant, le re-
froidissement Sisyphe, permet d’atteindre des dispersions en vitesse de quelques
reculs. D’autres techniques comme le refroidissement par résonances noires [136]
ou le refroidissement Raman [120] permettent d’obtenir des dispersions en vitesse
inférieures au recul.

Dans cette partie, nous nous intéresserons au refroidissement laser utilisant
une transition étroite pour laquelle la largeur en vitesse de la transition est voi-
sine ou inférieure à la vitesse de recul. C’est le cas pour la transition d’inter-
combinaison du strontium où la largeur en vitesse de la transition est égale à
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vΓ = 5.2 mm/s et la vitesse de recul égale à vrec = 6.6 mm/s. Bien que la force de
pression de radiation sur ces transitions étroites soit faible, la grande sélectivité
en vitesse de la force est très intéressante pour obtenir des dispersions en vi-
tesse très petites. En effet, un simple refroidissement Doppler sur cette transition
permet d’atteindre une dispersion en vitesse égale au recul [128]. Sur la tran-
sition d’intercombinaison du strontium, à l’aide d’un piège magnéto-optique, il
a été obtenu expérimentalement une dispersion en vitesse dans les trois dimen-
sions égale au recul [21]. De plus, de nombreuses techniques de refroidissement
ont été proposées sur les transitions étroites pour atteindre des dispersions en
vitesse inférieures au recul. On peut citer le refroidissement Doppler utilisant un
laser élargi spectralement [121] ou des impulsions lasers [122]. Le refroidissement
par résonance noire sur un atome à deux niveaux [123] a été aussi proposé pour
atteindre avec ces transitions étroites des dispersions en vitesse inférieures à la
vitesse de recul.

Dans ce chapitre, nous nous intéresserons uniquement au refroidissement Dop-
pler. Comme le modèle théorique décrivant le refroidissement Doppler sur des
transitions larges n’est plus valable sur des transitions étroites, nous nous propo-
sons dans une première partie de présenter les différents modèles qui permettent
de décrire le refroidissement Doppler sur une transition de largeur quelconque.
Nous montrerons alors qu’un modèle de marche au hasard en vitesse permet de
décrire sous certaines conditions le refroidissement Doppler sur une transition de
largeur quelconque. En utilisant ce modèle, nous donnerons les caractéristiques
du refroidissement Doppler sur une transition étroite c’est à dire la dispersion en
vitesse minimum et les conditions pour l’obtenir. Nous montrerons aussi que dans
le refroidissement Doppler sur une transition étroite, la vitesse des atomes suit
une statistique particulière qui conduit à l’obtention de distribution de vitesse
non gaussienne.
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2.1 Présentation des différents modèles

Le refroidissement Doppler constitue le mécanisme le plus simple permettant
de refroidir des particules en utilisant la force de pression de radiation. Son prin-
cipe a été introduit pour la première fois en 1975 par Hänsch et Schawlow pour
des particules libres [131] et par Wineland et Dehmelt pour des particules piégées
[132]. Le refroidissement a lieu lorsque des atomes sont placées entre deux ondes
lasers contrapropageantes avec une fréquence laser ωL légèrement inférieure à la
fréquence d’une transition atomique ω0. A cause de l’effet Doppler, un atome
se déplaçant à une vitesse v voit une fréquence laser apparente différente pour
les deux ondes : ωL + kv, ωL − kv. Ainsi, si la fréquence du laser est inférieure
à la fréquence de la transition, l’atome est plus en résonance avec l’onde laser
se propageant dans le sens contraire à sa vitesse. La force de pression de radia-
tion exercée par les deux lasers est donc déséquilibrée et a tendance à ralentir
les atomes. Ceci conduit à une force de friction. On peut alors parler de mélasse
optique. En plus de cette force de friction, les atomes sont soumis à un chauffage
induit par les fluctuations de la force de pression de radiation. Ces fluctuations
sont causées par la direction aléatoire des photons de fluorescence et par la statis-
tique des photons absorbés. Ceci conduit à une diffusion de la vitesse des atomes.
La dispersion en vitesse finale des atomes résulte alors d’un équilibre entre la
friction et la diffusion.

Dans cette partie, nous allons décrire les différents modèles qui permettent de
décrire le refroidissement Doppler.

2.1.1 Théorie semi-classique du refroidissement Doppler

On utilise en général un modèle semi-classique pour décrire le refroidis-
sement Doppler [125] [124]. Les degrés de liberté internes (états atomiques in-
ternes) sont décrits de manière quantique et les degrés de liberté externes (po-
sition, impulsion) sont décrits de manière classique. On reviendra plus loin sur
les hypothèses qui permettent d’utiliser ce modèle semi-classique. On trouve en
utilisant ce modèle que le mouvement des atomes est analogue à un mouvement
Brownien où une particule est soumise à des collisions aléatoires avec des parti-
cules beaucoup plus légères. On montre alors que la distribution de vitesse P(v,t)
des atomes obéit à une équation de Fokker Planck où apparâıt un coefficient
de diffusion en vitesse D et un coefficient de friction γ (F = −γv) :

d P

dt
=

γ

m

d (v P )

dv
+ D

d2 P

dv2
(2.1)

Cette équation de Fokker Planck donne une distribution de vitesse stationnaire
gaussienne avec une variance égale à :

〈v2〉 =
m D

γ
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On peut à partir de cette distribution gaussienne définir une température. A une
dimension, on obtient une température égale à :

T =
m2 D

kB γ

Le coefficient de diffusion D et le coefficient de friction γ de l’équation de Fokker
Planck sont obtenus en calculant à partir des équations de Bloch Optique la valeur
moyenne et les fluctuations de la force exercée par l’onde laser sur les atomes.

Pour un refroidissement Doppler à une dimension sur une transition J=0 J=1,
on trouve à faible saturation (I � Isat) une dispersion en vitesse minimale égale
à :

〈v2〉min = 0.7
� Γ

2 m
Cette dispersion en vitesse minimale est obtenue pour un désaccord laser égal à
la demi largeur naturelle de la transition atomique ωL − ω0 = −Γ/2.

On constate sur cette expression de la dispersion de vitesse que plus la
transition est étroite, plus la dispersion en vitesse attendue par la théorie
Doppler semi-classique est petite. Les transitions atomiques étroites semblent
donc intéressantes pour le refroidissement laser. Nous allons cependant voir que
la théorie semi-classique du refroidissement Doppler n’est pas valable pour des
transitions trop étroites.

Le modèle semi-classique du refroidissement Doppler suppose que l’on puisse
traiter classiquement la position et l’impulsion de l’atome. Pour cela, la fonction
d’onde atomique doit être suffisamment localisée devant les différentes échelles
de variations de la force exercée par le laser sur les atomes. L’échelle de variation
spatiale est caractérisée par la longueur d’onde du laser λ. L’échelle de variation en
impulsion est donnée lorsque l’effet Doppler k p/m est égal à la largeur naturelle
de la transition Γ. L’approche semi-classique est donc valable lorsque la dispersion
en position de la fonction d’onde ∆R est très petite devant la longueur d’onde λ
et lorsque la dispersion en impulsion ∆P est petite devant m Γ/k :

∆R � λ

∆P � m Γ

k

L’inégalité d’Heisenberg impose que ∆R.∆P � � et donc que ∆P � �/∆R �
�/λ . La dispersion en impulsion de la fonction d’onde ∆P doit alors satisfaire
aux deux inégalités suivantes :

� k � ∆P � m Γ

k

Pour pouvoir utiliser le modèle semi-classique, il faut donc que la dispersion en
impulsion de la fonction d’onde ∆P soit très grande devant l’impulsion d’un
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photon � k et très petite devant la largeur en impulsion de la transition m Γ/k.
Cette double condition ne peut être vérifiée que si la largeur naturelle de la
transition Γ est très grande devant la fréquence de recul ωr = �k2/2m :

Γ � ωr

Lorsque la condition précédente est vérifiée, il est possible de découpler les échelles
de temps caractérisant l’évolution des degrés de liberté internes et externes. En
effet, l’évolution des degrés de liberté internes c’est à dire le passage entre l’état
fondamental et l’état excité est caractérisée par le temps Γ−1. L’évolution des
degrés de liberté externes c’est à dire l’évolution de l’impulsion de l’atome com-
parée à la largeur de la transition est caractérisée par le temps ω−1

r . Pour des
transitions larges devant le recul, on peut donc considérer que l’impulsion est
constante pendant le temps mis pour que les degrés de liberté internes atteignent
leur état stationnaire. Les degrés de liberté internes s’adaptent donc adiabatique-
ment aux degrés de liberté externes. Cette propriété est utilisée dans la théorie
semi-classique du refroidissement Doppler pour découpler l’évolution des degrés
de liberté internes et externes.

L’approche semi-classique est valable pour la plupart des transitions utilisées
pour le refroidissement laser qui ont une largeur naturelle très grande devant le
recul (Γ � ωr). Cependant dans le cas des transitions étroites comme la transi-
tion d’intercombinaison du strontium (Γ/2π = 7kHz, ωr = 5kHz), la condition
précédente n’est plus vérifiée. On ne peut donc pas traiter le refroidissement laser
sur une transition étroite par une approche semi-classique. La fonction d’onde de
l’atome ne peut pas être simultanément suffisamment localisée en impulsion et
en position. On peut aussi remarquer que l’échelle de temps des variations des
degrés de liberté internes Γ−1 et l’échelle de temps des variations des degrés de
liberté externes ω−1

r ne sont plus découplées. En effet dans le cas d’une transition
étroite, après la diffusion d’un seul photon l’atome change suffisamment d’im-
pulsion pour se retrouver hors de résonance. On ne pourra donc plus découpler
l’évolution des degrés de liberté internes et externes.

2.1.2 Approche complètement quantique du refroidisse-
ment Doppler

Pour traiter le refroidissement sur une transition étroite, on doit donc en plus
des degrés de liberté internes quantifier l’impulsion. L’évolution des degrés de li-
berté internes et externes est alors régie par des équations de Bloch optiques
généralisées [137] [128]. Ces équations donnent rarement des solutions analy-
tiques. Pour obtenir l’évolution de la distribution de vitesse, il faut alors faire une
résolution numérique. La résolution numérique des équations de Bloch optiques
étant difficile pour des temps longs, il a été aussi développé des simulations de
Monte Carlo quantique [126] [127]. Ici l’évolution de la fonction d’onde est
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vue comme une succession d’évolution hamiltonienne décrite par un hamiltonien
effectif entrecoupé d’émission spontanée décrite comme des sauts quantiques.

2.1.3 Modèle de marche au hasard

Dans ce chapitre, nous utiliserons une approche différente pour traiter le refroi-
dissement laser sur une transition étroite. Ici l’évolution de la vitesse de l’atome
sera décrite comme une marche au hasard en vitesse au cours du temps (voir
figure 2.1). Chaque saut en vitesse correspond à l’échange d’impulsion entre un
atome et des photons. On supposera de plus que la marche au hasard constitue un
processus Markovien. Ceci signifie que l’évolution de la vitesse à un instant t ne
dépend que de la valeur initiale de la vitesse à l’instant t et pas des valeurs prises
par la vitesse à des instants inférieurs à t. Ceci constitue un processus d’évolution
de la vitesse sans mémoire. La marche au hasard en vitesse d’un atome peut être
alors caractérisée par une probabilité de saut par unité de temps Φ(v) (taux de
sauts) et une densité de probabilité d’effectuer un changement de vitesse ∆v au
cours d’un saut Π(∆v,v). Ces deux quantités dépendent à priori de la vitesse
de l’atome. Dans ce modèle, l’évolution de la probabilité d’avoir une vitesse v à
l’instant t est régie par l’équation mâıtresse suivante [130]:

dP (v,t)

dt
= −Φ(v) P (v,t) +

∫
Φ(v − ∆v) P (v − ∆v) Π(∆v,v − ∆v) d∆v (2.2)

La dérivée par rapport au temps de la probabilité d’avoir une vitesse v évolue
suivant deux termes. Le premier terme correspond au départ des atomes de la
vitesse v. Le deuxième terme correspond aux atomes qui après avoir effectué un
saut de vitesse ∆v arrive à la vitesse v.

t

v

∆v

Fig. 2.1 – Marche au hasard en vitesse.

Cette approche de marche au hasard pour le refroidissement laser est
équivalente à une simulation de Monte Carlo classique. L’utilisation de ce modèle
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a tout d’abord été motivée par la référence [128] où il a été mentionné que la
distribution en vitesse stationnaire obtenue par un Monté Carlo classique est
proche de celle obtenue par les équations de Bloch optiques généralisées pour
le refroidissement Doppler sur une transition étroite. On justifiera de manière
plus rigoureuse cette approche en déduisant sous certaines approximations des
équations de Bloch optiques généralisées l’équation mâıtresse précédente 2.2. On
pourra alors relier le taux de saut Φ(v) et la densité de probabilité de la longueur
des sauts Π(∆v,v) aux grandeurs caractérisant la transition atomique et le laser.

Il faut noter que l’équation mâıtresse 2.2 est basée sur le fait que le processus
d’évolution est sans mémoire. La densité de probabilité de faire un saut à un
instant donné doit donc être indépendante de l’instant où l’atome a effectué son
dernier saut. Dans ce cas, on peut définir une probabilité de saut par unité de
temps et la densité de probabilité de faire un nouveau saut après un temps τ suit
une décroissance exponentielle. Cependant, si on attribue les sauts en vitesse de
l’atome à l’émission spontanée d’un photon, les phénomènes de dégroupement
de photon et d’oscillation de Rabi créent une dépendance temporelle de la
probabilité de saut. En effet, dans le phénomène de dégroupement de photon,
la probabilité de faire une émission spontanée juste après en avoir réalisée une
est nulle (voir figure 2.2). De plus, lorsque l’on sature la transition atomique, il
se produit des oscillations de Rabi. Ainsi, la probabilité d’émettre un photon
après un instant τ oscille en fonction du temps (voir figure 2.2). A cause du
dégroupement de photon et des oscillations de Rabi, on ne peut donc pas définir
de probabilité de saut par unité de temps. L’équation mâıtresse ne peut donc
pas décrire l’évolution en vitesse d’un atome qui tient compte du phénomène
de dégroupement de photon et des oscillations de Rabi. On peut cependant se
demander si ces phénomènes jouent un rôle dans l’évolution de la distribution en
vitesse au cours du temps. Dans la suite nous verrons que dans le cas particulier
du refroidissement Doppler 1D sans redistribution de photon, l’évolution de la
distribution en vitesse moyennée sur des temps longs devant le temps de vie de
la transition Γ−1 n’est pas affectée par les phénomènes quantiques tels que les
oscillations de Rabi et le dégroupement de photon. Seule la valeur moyenne de
la probabilité de saut semble jouer un rôle dans l’évolution de la distribution en
vitesse sur des échelles de temps suffisamment grandes.

Nous avons présenté trois modèles permettant de décrire le refroidissement
Doppler. Seule le modèle quantique permet de décrire rigoureusement l’évolution
de la distribution en vitesse sur des transitions étroites. Comme ce modèle de-
mande des résolutions numériques relativement lourdes pour obtenir l’évolution
de la distribution de vitesse, nous utiliserons un modèle de marche au hasard.
Ce modèle est plus intuitif et nécessite une résolution numérique beaucoup plus
simple. Il permet de plus de trouver dans certains cas des solutions analytiques.
Bien que ce modèle ne permette pas de décrire certains effets quantiques tels que
les oscillations de Rabi et le dégroupement de photon, nous verrons que dans le
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Fig. 2.2 – Délai entre deux émissions spontanées pour un atome à deux niveaux
pour deux fréquences de Rabi Ω1 différentes (obtenu par la méthode du hamilto-
nien effectif [129])

cas du refroidissement Doppler à une dimension sans redistribution de photon,
l’évolution de la distribution de vitesse est bien décrite par ce modèle quelle que
soit la largeur de la transition atomique.
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2.2 Modèle de marche au hasard à une dimen-

sion sans redistribution de photons

Nous allons appliquer le modèle de marche au hasard vu précédemment au
refroidissement Doppler à une dimension sans redistribution de photon. Nous
négligerons donc la redistribution de photon entre les deux ondes laser contra-
propageantes c’est à dire les processus consistant à absorber un photon d’une
onde et à réaliser une émission stimulée avec un photon de l’autre onde. Cette
hypothèse est vérifiée pour une transition J=0 J=1 lorsque les ondes contrapro-
pageantes ont une polarisation σ+ et σ−. Dans ce cas la conservation du moment
cinétique oblige l’atome à effectuer le processus absorption émission stimulée avec
des photons de la même onde laser. Il n’y a donc pas ici de redistribution possible
de photons entre les deux ondes contrapropageantes.

Dans un premier temps nous donnerons la forme de l’équation mâıtresse ap-
pliquée au refroidissement 1 D sans redistribution de photons. Nous étudierons
ensuite le cas où les sauts de vitesse de la marche au hasard sont petits.

2.2.1 Equation d’évolution dans le cas général : équation

mâıtresse

S’il n’y a pas de redistribution de photons entre les deux ondes lasers, les
changements de vitesse des atomes ont lieu uniquement lorsque l’atome diffuse
un photon de l’onde laser + ou -. Lors de la diffusion d’un photon de l’onde +(-),
l’atome absorbe un photon de l’onde +(-) et effectue une émission spontanée dans
une direction aléatoire. Au cours de ce processus, la conservation de la quantité
de mouvement entrâıne que la vitesse de l’atome suivant l’axe de propagation des
lasers change de la quantité +(-) � k/m = +(-)vrec au cours de l’absorption d’un
photon de l’onde +(-) et de la quantité vrec cos(θ) lors de l’émission spontanée d’un
photon dans une direction aléatoire faisant un angle θ avec l’axe de propagation
des lasers.

La loi de probabilité régissant θ est donnée par le diagramme de rayonnement

atomesOndes laser + Ondes laser -

θ

émission spontanée

z
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de l’atome. Dans le cas d’une transition Rayleigh (pas de changement de l’état
atomique après la diffusion du photon), on peut montrer que l’intensité totale
rayonnée dans une direction θ par rapport à l’axe de propagation est proportion-
nelle à :

I(θ) ∝ 1 + cos2(θ)

Le changement de vitesse après une émission spontanée étant égal à vrec cos(θ),
on obtient pour la densité de probabilité d’effectuer un changement de vitesse ∆v
après une émission spontanée :

Πspt(∆v) ∝ I(θ) avec cos(θ) =
∆v

vrec

On peut noter que Πspt(∆v) est toujours bornée entre −vrec et +vrec. Dans le cas
d’une transition Rayleigh, on obtient (voir figure 2.3) :

Πspt(∆v) =
3

8 vrec

(
1 +

(
∆v

vrec

)2
)

pour |∆v| ≤ vrec

= 0 pour |∆v| > vrec

(2.3)

Pour une transition J=0 J=1, il n’y a pas de transition Raman possible, la densité
de probabilité du changement de vitesse après une émission spontanée est donc
toujours donnée par la relation 2.3.

-1.5 -1.0 -0.5 0.0 0.5 1.0 1.5
0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

∆v / vrec

Πspt(∆v)

Fig. 2.3 – Densité de probabilité de faire un changement de vitesse ∆v après une
émission spontanée pour une transition Rayleigh.

Lors de la diffusion d’un photon de l’onde + (-), le changement de vitesse est
donc constitué d’un événement déterministe lié à l’absorption du photon de l’onde
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+(-) (∆v = +(-) vrec) et d’un événement aléatoire lié à l’émission spontanée d’un
photon suivant la loi de probabilité Πspt(∆v). La densité de probabilité d’effectuer
un changement de vitesse ∆v après la diffusion d’un photon de l’onde + (-) est
donc égale à Πspt(v − (+) vrec).

Dans le cas particulier du refroidissement 1D sans redistribution cohérente
de photons, la dépendance en vitesse de la densité de probabilité de réaliser un
changement de vitesse ∆v au cours d’un saut Π(∆v,v) ne dépend donc que du
choix du photon absorbé. On peut donc adapter l’équation mâıtresse générale 2.2
à notre cas particulier en faisant apparâıtre le taux de diffusion avec l’onde +
Φ+(v) et l’onde - Φ−(v) :

dP (v,t)

dt
= −(Φ+(v) + Φ−(v)) P (v,t)

+

∫
Φ+(v − ∆v) P (v − ∆v,t) Πspt(∆v − vrec) d∆v

+

∫
Φ−(v − ∆v) P (v − ∆v,t) Πspt(∆v + vrec) d∆v

(2.4)

On peut retrouver l’équation mâıtresse du cas général 2.2 en posant :

Φ(v) = Φ+(v) + Φ−(v)

Π(∆v,v) =
Φ+(v) Πspt(∆v − vrec) + Φ−(v) Πspt(∆v + vrec)

Φ+(v) + Φ−(v)

L’équation mâıtresse précédente 2.4 sera donc l’équation de base qui décrira le re-
froidissement laser à une dimension sans redistribution de photon. Cette équation
n’admet pas de solution analytique dans le cas général. Nous verrons dans la par-
tie suivante les solutions dans un cas limite.

2.2.2 Equation d’évolution dans le cas de sauts en vitesse
petits : équation de Fokker Planck

Dans cette partie, nous allons étudier les solutions de l’équation mâıtresse
2.4 dans le cas où l’échelle de variation du taux de diffusion Φ(−)+(v) et l’échelle
de variation de la distribution en vitesse P (v) sont grandes devant la vitesse de
recul vrec. Cette approximation revient à dire que les sauts en vitesse de la marche
au hasard sont petits devant l’échelle de vitesse caractérisant la distribution de
vitesse et les taux de diffusion.

Comme Πspt est bornée entre −vrec et vrec, la variable ∆v dans les intégrales
de l’équation mâıtresse 2.4 est comprise entre 0 et ±2vrec. Si Φ±P varie peu à
l’échelle de vrec, on peut donc effectuer le développement limité de Φ±P (v−∆v) :

Φ±P (v − ∆v) = Φ±P (v) − ∆v
d Φ±P

dv
(v) +

∆v
2

2

d2 Φ±P

dv2
(v)
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On obtient alors pour l’équation mâıtresse 2.4 une équation de type Fokker
Planck:

d P

dt
= −vrec

d (Φ+− Φ−)P
dv

+
v2

rec + 〈∆v
2〉

Πspt

2

d2 (Φ++ Φ−)P
dv2

(2.5)

où 〈∆v
2〉

Πspt
est la variance sur la densité de probabilité d’effectuer un changement

de vitesse ∆v après une émission spontanée. Pour des transitions Rayleigh, Πspt

est donné par la formule 2.3. On obtient alors pour la variance du changement
de vitesse lors d’une émission spontanée :

〈∆v
2〉

Πspt
= 0.4 v2

rec (2.6)

On trouve ainsi pour l’équation mâıtresse dans la limite où Φ±P (v) varie peu
à l’échelle du recul une équation de Fokker Planck. On peut alors à partir de
l’équation 2.5 définir une force moyenne F et un coefficient de diffusion de la
vitesse D :

F (v) = m vrec (Φ+(v) − Φ−(v))

D(v) = α v2
rec(Φ

+(v) + Φ−(v)) avec α =
1

2

(
1 +

〈∆v
2〉

Πspt

v2
rec

)
α = 0.7 pour transition Rayleigh

(2.7)
En fonction du coefficient de diffusion D(v) et de la force F(v), l’équation de
Fokker Planck 2.5 s’écrit alors :

dP (v,t)

dt
= − 1

m

d F (v)P (v,t)

dv
+

d2 D(v)P (v,t)

dv2
(2.8)

La solution stationnaire de l’équation de Fokker Planck ci-dessus s’obtient
facilement [130] :

Ps(v) =
cte

D(v)
exp

(∫ v

0

F (v′)
m D(v′)

dv′
)

=
cte

Φ+(v) + Φ−(v)
exp

(∫ v

0

1

α vrec

Φ+(v) − Φ−(v)

Φ+(v) + Φ−(v)
dv′

) (2.9)

La constante de l’expression ci-dessus est choisie afin de normaliser la distribu-
tion en vitesse Ps(v). Il faut noter que suivant l’expression de D(v) et F(v), la
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distribution en vitesse n’est pas toujours normalisable. Dans ce cas, il n’existe
pas d’état stationnaire. L’expression 2.9 est donc susceptible de nous donner la
condition d’existence de l’état stationnaire et la forme de la distribution de vi-
tesse quelle que soit la dépendance en vitesse du coefficient de diffusion et de la
force.

Comme dans la théorie semi-classique du refroidissement Doppler, on retrouve
ici que la distribution en vitesse obéit à une équation de Fokker Planck. Pour des
transitions larges pour lesquelles la théorie semi-classique est valable, on suppose
que le coefficient de diffusion est constant et que la force est linéaire en vitesse
(force de friction). On obtient alors comme distribution de vitesse stationnaire
une gaussienne avec une variance proportionnelle au rapport entre la diffusion et
la friction :

Ps(v) =
1√

2π σv

exp

(
− v2

2 σ2
v

)
, F (v) = −γ v D(v) = D

avec σ2
v =

mD

γ

(2.10)

Comme dans ce cas la distribution de vitesse obtenue est gaussienne, on définit
généralement une température égale à :

1

2
kB T =

1

2
m σ2

v

Il est délicat de définir une température pour le refroidissement laser car on
n’est pas dans une situation où il y a un équilibre thermodynamique. De plus
lorsque F(v) et D(v) ont une dépendance en vitesse quelconque, les distributions
de vitesse obtenues ne sont généralement pas gaussiennes.

A partir de l’équation mâıtresse et en supposant que les sauts en vitesse
étaient petits devant l’échelle de variation de la distribution en vitesse et du
taux de diffusion, on a obtenu une équation de Fokker Planck. L’existence et
l’expression de l’état stationnaire dépendent de l’expression de la force F(v) et
de la diffusion D(v) et donc des taux de diffusions Φ+ et Φ−.

Dans cette partie, nous avons donc modélisé le refroidissement laser à une
dimension sans redistribution de photons par une équation mâıtresse où appa-
raissent les taux de diffusion de photons avec chacune des ondes. Dans la suite
de ce chapitre, nous donnerons les conditions de validité de ce modèle et nous
calculerons l’expression des taux de diffusion en fonction des paramètres du laser
et de la transition atomique. Nous résoudrons ensuite cette équation mâıtresse
de manière numérique dans le cas général et nous donnerons des solutions ana-
lytiques dans le cas où les sauts de vitesse peuvent être considérés comme petits.
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2.3 Lien entre le modèle quantique et le modèle

de marche au hasard

Dans cette partie, nous établirons le lien entre la théorie quantique du refroi-
dissement Doppler et le modèle de marche au hasard dans le cas du refroidisse-
ment Doppler à une dimension pour une transition J=0 J=1 et pour des ondes
lasers polarisées σ+ et σ−. Cette configuration de polarisation permet de ne pas
avoir de redistribution cohérente de photons entre les deux ondes lasers. Le trai-
tement du refroidissement Doppler dans cette configuration a été réalisé en 1984
dans la référence [133] pour des transitions larges devant le recul (théorie semi-
classique). Puis en 1989, dans la référence [128], le cas d’une transition de largeur
quelconque a été traité en utilisant une approche complètement quantique.

2.3.1 Equations de Bloch optiques généralisées

La théorie quantique du refroidissement Doppler sur une transition étroite est
présentée en détail dans la référence [128]. Nous en donnerons ici les principales
étapes.

e+ ,p+hk

e- ,p-hk

f ,p

σ+σ−

σ+ σ−

h(ω0+ωr+kp/m)h(ω0+ωr-kp/m)

p

Pour traiter le cas de transitions avec une largeur naturelle quelconque, il faut
quantifier les degrés de liberté externes et internes. Les degrés de liberté externes
seront représentés par des états propres de l’impulsion du centre de masse de
l’atome |p〉. Les degrés de liberté internes seront représentés pour une transition
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J=0 J=1 par les états |J, mJ〉 :

|J = 0, mJ = 0〉 = |g〉
|J = 1, mJ = −1〉 = |e−〉
|J = 1, mJ = 0〉 = |e0〉
|J = 0, mJ = 1〉 = |e+〉

Les états quantiques considérés appartiendrons donc au produit tensoriel entre
l’espace des états décrivant les degrés de liberté externes et l’espace des états
décrivant degrés de liberté internes. Ces états sont des états propres du hamilto-
nien atomique (hamiltonien sans interaction avec le champ électrique du laser et
du vide) :

Hat =
P 2

2m
+ �ω0 (|e−〉〈e−| + |e0〉〈e0| + |e+〉〈e+|)

où P est l’opérateur impulsion.
Le potentiel d’interaction entre le champs électrique des ondes lasers σ+, σ−

et l’atome couple l’état |f,p〉 avec les états |e+,p + �k〉 et |e−,p − �k〉 :

VAL =
�Ω

2
(|f,p〉〈e+,p + �k| + |f,p〉〈e−,p − �k| + |e+,p + �k〉〈f,p| + |e−,p − �k〉〈f,p|)

où Ω représente la fréquence de Rabi définie par Ω = −d E0/�. d représente ici
le dipôle atomique et E0 l’amplitude du champs électrique de chacune des ondes
lasers σ+ et σ−.

Pour décrire l’évolution de la fonction d’onde atomique, nous allons utiliser
l’approche des familles introduite dans les références [134] [135] et appliquée au
refroidissement laser dans la référence [137] . On considère alors la famille d’états
couplés par l’interaction laser atome : (|f,p〉, |e−,p−�k〉, |e+,p+�k〉). Le potentiel
d’interaction laser atome couple les états d’une même famille entre eux, il n’y a
pas de couplage avec les autres familles. Les différentes familles sont seulement
couplées par émission spontanée. Avec cette approche, on peut obtenir l’évolution
de la matrice densité ρ d’une famille. La matrice densité sera caractérisée par les
termes suivants:

ρgg(p) = 〈g,p|ρ|g,p〉 population dans l′état fondamental g
ρ++(p) = 〈e+,p + �k|ρ|e+,p + �k〉 population dans l′état excité e+

ρ−−(p) = 〈e−,p − �k|ρ|e−,p − �k〉 population dans l′état excité e−
ρg+(p) = 〈g,p|ρ|e+,p + �k〉e−iωLt cohérence entre le fondamental et excité e+

ρg−(p) = 〈g,p|ρ|e−,p − �k〉e−iωLt cohérence entre le fondamental et excité e−
ρ+−(p) = 〈e+,p + �k|ρ|e−,p − �k〉 cohérence entre les états excités

On peut montrer que l’évolution temporelle de ces quantités est régie par le
système d’équations différentielles suivant [128] (équations de Bloch optiques
généralisées) :
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ρ̇gg(p) = −iΩ

2
(ρ+g(p) − ρg+(p) + ρ−g(p) − ρg−(p))

+Γ

∫
Πspt(∆p)(ρ++(p − �k + ∆p) + ρ−−(p + �k + ∆p)) d∆p

ρ̇++(p) = +i
Ω

2
(ρ+g(p) − ρg+(p)) −Γρ++(p)

ρ̇−−(p) = +i
Ω

2
(ρ−g(p) − ρg−(p)) −Γρ−−(p)

ρ̇g+(p) = −i

(
δL − k p

m

)
ρg+(p) +i

Ω

2
(ρgg(p) − ρ++(p) − ρ−+(p)) −Γ

2
ρg+(p)

ρ̇g−(p) = −i

(
δL +

k p

m

)
ρg−(p) +i

Ω

2
(ρgg(p) − ρ−−(p) − ρ+−(p)) −Γ

2
ρg−(p)

ρ̇+−(p) = −2i
k p

m
ρ+−(p) +i

Ω

2
(ρ+g(p) − ρg−(p)) −Γρ+−(p)

(2.11)

Dans ces équations, le point au dessus des variables désigne une dérivée par
rapport au temps, δL représente le désaccord laser défini par δL = ωL − ω0 −
�k2/2m, Πspt(∆p) représente la probabilité de faire un changement d’impulsion
∆p au cours d’une émission spontanée. Pour une transition J=0 J=1, on n’a que
des transitions Rayleigh, Πspt(∆p) est donc donnée par la relation 2.3.

On peut noter que l’évolution de la matrice densité est régie par trois types de
termes. Les premiers proportionnels à δL±kp/m ou kp/m représentent l’évolution
induite par le hamiltonien atomique Hat. Les termes proportionnels à la fréquence
de Rabi Ω correspondent à l’interaction atome laser. Enfin les termes proportion-
nels à Γ correspondent à l’émission spontanée.

Pour obtenir l’évolution de la distribution en vitesse des atomes, il faut donc
à priori résoudre le système d’équations différentielles 2.11.

2.3.2 Lien avec l’équation mâıtresse

Nous allons à présent établir un lien entre les équations de Bloch optiques
généralisées 2.11 et l’équation mâıtresse 2.4 du modèle de marche au hasard. Nous
verrons dans un premier temps que la population totale d’une famille d’impulsion
p obéit à une équation mâıtresse si le rapport entre la population excitée et
la population totale d’une famille est indépendante du temps. Nous étudierons
ensuite dans quelles conditions on peut considérer que ce rapport entre population
excitée et population totale est indépendant du temps. Nous donnerons enfin
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à partir des équations de Bloch optiques généralisées l’expression des taux de
diffusions Φ± de l’équation mâıtresse.

Equation d’évolution pour la population totale d’une famille

En sommant les trois premières équations du système 2.11, on trouve que
l’évolution de la population totale d’une famille ρtot = ρgg + ρ++ + ρ−− obéit à
l’équation :

ρ̇tot(p) = −Γ(ρ++(p)+ρ−−(p))+Γ

∫
Πspt(∆p)(ρ++(p−�k+∆p)+ρ−−(p+�k+∆p)) d∆p

(2.12)
Introduisons le rapport entre la population dans l’état excité e+ et e− et la po-
pulation totale d’une famille d’impulsion p :

f±(p,t) =
ρ±±(p,t)

ρtot(p,t)

L’équation d’évolution de la population totale d’une famille 2.12 donne alors :

ρ̇tot(p,t) = −(Γf+(p,t) + Γf−(p,t)) ρtot(p,t)

+

∫
Γf+(p − ∆p,t) ρtot(p − ∆p,t) Πspt(∆p − �k) d∆p

+

∫
Γf−(p − ∆p,t) ρtot(p − ∆p,t) Πspt(∆p + �k) d∆p

(2.13)

On peut remarquer que l’équation précédente 2.13 est équivalente à l’équation
mâıtresse 2.4 si la fonction f±(p,t) est indépendante du temps (f±(p,t) = f±(p)).
Le taux de diffusions de l’onde ± Φ±(p) correspond à Γf±(p) et la population
totale d’une famille d’impulsion p ρtot(p,t) s’identifie alors à la densité de probabi-
lité d’avoir une impulsion p P(p,t). On peut noter qu’à forte saturation, lorsque
la population dans les états excités n’est pas négligeable, la population totale
d’une famille ρtot(p,t) ne représente pas exactement la distribution en vitesse. En
effet, la population totale d’une famille est la somme de la population de l’état
fondamental g avec une impulsion p et la somme des populations dans les états
excités e− et e+ avec une impulsion p− �k et p + �k. La population totale d’une
famille ρtot(p,t) représentera donc la distribution de vitesse uniquement à faible
saturation.

On vient donc de voir que si le rapport entre la population dans l’état excité e+

et e− et la population totale d’une famille d’impulsion p f±(p) est indépendant
du temps alors l’évolution de la population totale d’une famille d’impulsion p
est décrite par une équation mâıtresse. Nous allons à présent voir dans quelles
situations on peut considérer que le rapport entre population excitée et population
totale d’une famille f±(p) est indépendant du temps.
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Condition pour considérer le rapport entre population excitée et po-
pulation totale d’une famille f±(p) indépendant du temps

A priori, d’après les équations de Bloch optiques généralisées 2.11, le rapport
entre la population dans les états excités e+ et e− et la population totale d’une
famille f±(p) dépend du temps. Pour des transitions larges devant le recul, on
élimine généralement cette dépendance temporelle en effectuant une élimination
adiabatique de l’état excité c’est à dire en supposant que la population dans les
états excités s’adapte adiabatiquement à la population de l’état fondamental.
Pour décrire l’évolution de la distribution de vitesse, le rapport entre la popula-
tion des états excités et la population totale d’une famille f±(p) est donc toujours
supposé indépendant du temps et égal à sa valeur stationnaire. Le rapport sta-
tionnaire f±(p) entre la population dans l’état excité et la population totale d’une
famille s’obtient en résolvant la solution stationnaire des cinq dernières équations
du système 2.11. L’élimination adiabatique de l’état excité n’est à priori valable
que pour des transitions larges devant le recul où le temps caractérisant l’évolution
du rapport entre la population fondamentale et excitée (Γ−1) est très rapide de-
vant le temps ω−1

r caractérisant l’évolution de l’impulsion par rapport à la lar-
geur de la transition. Pour des transitions étroites (Γ−1 � ω−1

r ), on ne peut pas
découpler ces deux échelles de temps. Après la diffusion d’un seul photon, l’atome
peut se retrouver en dehors de résonance. Il est donc difficile de considérer que
le rapport entre la population fondamentale et excitée s’adapte adiabatiquement
aux variations d’impulsion.

Pour des transitions étroites, l’élimination adiabatique de l’état excité n’est
donc à priori pas justifiée. Nous allons cependant montrer que quelle que soit
la largeur de la transition, l’élimination adiabatique de l’état excité revient à
s’intéresser à la distribution de vitesse moyennée temporellement sur un temps
grand devant le temps vie de l’état excité Γ−1. Pour cela reprenons les équations
de Bloch optiques généralisées 2.11 et réalisons une transformée de Fourier sur le
temps (ρ̂(p,ω) =

∫
ρ(p,t)e−iωtdt) :

−iωρ̂gg(p) = −iΩ

2
(ρ̂+g(p) − ρ̂g+(p) + ρ̂−g(p) − ρ̂g−(p))

+Γ

∫
Πspt(∆p)(ρ̂++(p − �k + ∆p) + ρ̂−−(p + �k + ∆p)) d∆p

0 = +i
Ω

2
(ρ̂+g(p) − ρ̂g+(p)) −(Γ − iω)ρ̂++(p)

0 = +i
Ω

2
(ρ̂−g(p) − ρ̂g−(p)) −(Γ − iω)ρ̂−−(p)

0 = −i

(
δL − k p

m

)
ρ̂g+(p) +i

Ω

2
(ρ̂gg(p) − ρ̂++(p) − ρ̂−+(p)) −(

Γ

2
− iω)ρ̂g+(p)
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0 = −i

(
δL +

k p

m

)
ρ̂g−(p) +i

Ω

2
(ρ̂gg(p) − ρ̂−−(p) − ρ̂+−(p)) −(

Γ

2
− iω)ρ̂g−(p)

0 = −2i
k p

m
ρ̂+−(p) +i

Ω

2
(ρ̂+g(p) − ρ̂g−(p)) −(Γ − iω)ρ̂+−(p)

A présent, nous coupons les fréquences ω élevées de variations des éléments de
la matrice densité en multipliant les équations précédentes par une fonction ĥ
bornée entre −ωB et ωB avec ωB � Γ. La variable ω dans le système d’équations
précédent est maintenant comprise entre −ωB et +ωB. On peut alors réaliser
l’approximation : Γ − iω ∼ Γ. En repassant dans l’espace réel, on obtient :

˙̃ρgg(p) = −iΩ

2
(ρ̃+g(p) − ρ̃g+(p) + ρ̃−g(p) − ρ̃g−(p))

+Γ

∫
Πspt(∆p)(ρ̃++(p − �k + ∆p) + ρ̃−−(p + �k + ∆p)) d∆p

0 = +i
Ω

2
(ρ̃+g(p) − ρ̃g+(p)) −Γρ̃++(p)

0 = +i
Ω

2
(ρ̃−g(p) − ρ̃g−(p)) −Γρ̃−−(p)

0 = −i

(
δL − k p

m

)
ρ̃g+(p) +i

Ω

2
(ρ̃gg(p) − ρ̃++(p) − ρ̃−+(p)) −Γ

2
ρ̃g+(p)

0 = −i

(
δL +

k p

m

)
ρ̃g−(p) +i

Ω

2
(ρ̃gg(p) − ρ̃−−(p) − ρ̃+−(p)) −Γ

2
ρ̃g−(p)

0 = −2i
k p

m
ρ̃+−(p) +i

Ω

2
(ρ̃+g(p) − ρ̃g−(p)) −Γρ̃+−(p)

(2.14)

où ρ̃ = h∗ρ est le produit de convolution entre un élément de la matrice densité et
la fonction h(t) de largeur ω−1

B � Γ−1. ρ̃ représente donc l’élément de la matrice
densité moyennée temporellement sur un temps égal à ω−1

B très grand devant Γ−1.
La matrice densité moyennée temporellement sur un temps grand devant Γ−1

obéit donc au système d’équations 2.14. A partir des cinq dernières équations, il
est possible de trouver une relation analytique indépendante du temps entre le
rapport entre la population dans les états excités e+ et e− et la population totale
d’une famille d’impulsion p [128] :

ρ̃++(−−)(p,t) = f+(−)(p) ρ̃tot(p,t)

La population totale d’une famille d’impulsion p moyennée temporellement sur
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un temps grand devant Γ−1 obéit donc à une équation mâıtresse du type 2.13 :

˙̃ρtot(p,t) = −(Γf+(p) + Γf−(p)) ρ̃tot(p,t)

+

∫
Γf+(p − ∆p) ρ̃tot(p − ∆p,t) Πspt(∆p − �k) d∆p

+

∫
Γf−(p − ∆p) ρ̃tot(p − ∆p,t) Πspt(∆p + �k) d∆p

(2.15)

L’équation mâıtresse nous donne donc l’évolution de la distribution en vitesse
moyennée temporellement sur un temps grand devant Γ−1. Nous allons à présent
examiner qualitativement l’importance de l’évolution de la distribution en vitesse
sur des temps de l’ordre de Γ−1.

Pour des transitions larges devant la fréquence de recul, les distributions de
vitesse sont très larges par rapport à la vitesse de recul. Il faut donc diffuser de
nombreux photons pour que la distribution de vitesse change de manière non
négligeable. Dans un temps de l’ordre de Γ−1, le changement de la distribution
de vitesse est donc très faible. La distribution en vitesse moyennée sur un temps
grand devant Γ−1 est donc quasiment identique à la distribution en vitesse non
moyennée. Pour des transitions larges devant le recul, l’équation mâıtresse est
donc une très bonne approximation pour décrire l’évolution de la distribution de
vitesse.

Pour des transitions de largeur voisine ou inférieure à la fréquence de recul, les
distributions de vitesse ont une largeur voisine de la vitesse de recul. La diffusion
d’un seul photon par atome peut donc modifier de manière non négligeable la dis-
tribution en vitesse. Sur des temps de l’ordre de Γ−1, l’évolution de la distribution
de vitesse n’est donc généralement pas négligeable. On pourra donc trouver des
différences entre la distribution en vitesse moyennée et la distribution en vitesse
non moyennée. Par exemple, le dégroupement de photon et les oscillations de
Rabi, qui sont sur des échelles de temps de l’ordre de Γ−1, peuvent influencer
l’évolution de la distribution de vitesse sur des temps inférieurs à Γ−1 et donc
donner un écart entre la distribution de vitesse moyennée et la distribution de
vitesse non moyennée. Lorsque l’on se rapproche de la distribution de vitesse
stationnaire, l’évolution de la distribution en vitesse est de plus en plus lente et
donc la distribution en vitesse moyennée et non moyennée seront donc de plus
en plus proches. Pour l’état stationnaire, la distribution de vitesse moyennée est
identique à la distribution de vitesse non moyennée. On peut finalement noter
que lorsque la saturation est faible, le nombre de photons diffusés pendant Γ−1

est faible et donc l’évolution de la distribution en vitesse pendant un temps de
l’ordre de Γ−1 est petite. Plus la saturation est faible, plus la distribution de
vitesse moyennée sera proche de la distribution de vitesse non moyennée.

Pour des transitions larges devant le recul, la distribution de vitesse moyennée
sur un temps grand devant Γ−1 est donc pratiquement identique à la distribu-
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tion de vitesse non moyennée. Pour des transitions étroites, on peut trouver des
différences entre la distribution de vitesse moyennée temporellement et la distri-
bution de vitesse non moyennée. Ces différences sont d’autant plus faibles que la
saturation est faible et que le temps d’interaction est grand c’est à dire qu’on se
rapproche de l’état stationnaire.

Expressions des taux de diffusions Φ± de l’équation mâıtresse

La relation entre les populations dans les états excités et l’état fondamental
f±(p) se déduit sans difficulté des relations 2.14. Son expression analytique dans le
cas général est cependant lourde (on peut trouver l’expression analytique de f±(p)
dans le cas général dans la référence [121]). Il est indiqué dans la référence [128]
que les distributions en vitesse les plus étroites sont obtenues à faible saturation.
Dans la suite, nous nous limiterons donc au cas faible saturation où
l’expression analytique de f±(p) est beaucoup plus simple :

f±(p) =
Ω2

Γ2

1 + 4(δL∓k p/m)2

Γ2

=
1

2

I
Isat

1 + 4(δL∓k p/m)2

Γ2

, I � Isat (2.16)

où I est l’intensité de chacune des ondes lasers, Isat est l’intensité de saturation
de la transition et δL = ωL − ω0 − �k2/2m est le désaccord laser.

En identifiant l’équation mâıtresse (eq. 2.4) et l’équation d’évolution de la
population totale d’une famille d’impulsion p (eq. 2.15), les taux de diffusions de
l’équation mâıtresse sont égaux à :

Φ±(p) = Γ f±(p)

On peut retrouver l’expression des taux de diffusions Φ± à faible saturation
en utilisant un modèle d’équation de taux. Ce modèle d’équation de taux ne
donne cependant pas les taux de diffusion à forte saturation.

Dans cette partie, nous avons donné les équations de Bloch optiques
généralisées décrivant le refroidissement Doppler à une dimension sur une tran-
sition J=0 J=1 avec des polarisations σ+, σ−. A partir de ces équations de
Bloch optique généralisées, nous avons montré que l’évolution de la popula-
tion totale d’une famille d’impulsion p moyennée sur un temps grand devant
Γ−1 obéit à une équation mâıtresse provenant d’un modèle de marche au ha-
sard. Les phénomènes quantiques contenus dans les équations de Bloch Op-
tique généralisées n’influencent donc pas l’évolution de la distribution de vitesse
moyennée sur un temps grand devant Γ−1.

Dans la suite de ce chapitre, nous supposerons que l’intensité laser est faible
devant l’intensité de saturation. C’est dans cette situation que les dispersions
en vitesse sont les plus étroites. Cette hypothèse de faible saturation laser, nous
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permet d’assimiler la population totale d’une famille d’impulsion p à la distribu-
tion de vitesse. A faible saturation, on obtient de plus une expression analytique
simple pour les taux de diffusions Φ±(v). Nous utiliserons dans la suite les nota-
tions du modèle de marche au hasard. P(v,t) représente alors la distribution de
vitesse moyennée sur des temps grands devant Γ−1.

dP (v,t)

dt
= −(Φ+(v) + Φ−(v)) P (v,t)

+

∫
Φ+(v − ∆v) P (v − ∆v,t) Πspt(∆v − vrec) d∆v

+

∫
Φ−(v − ∆v) P (v − ∆v,t) Πspt(∆v + vrec) d∆v

avec Φ±(v) =
Γ

2

I/Isat

1 +
4(δL ∓ k v)2

Γ2

Πspt(∆v) =
3

8 vrec

(
1 + (∆v/vrec)

2) pour |∆v| ≤ vrec

(2.17)
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2.4 Résolution de l’équation mâıtresse

La distribution en vitesse moyennée sur des temps grands devant Γ−1 dans
le refroidissement Doppler sur une transition J=0 J=1 (σ+, σ−) obéit donc à
l’équation mâıtresse 2.17. Nous allons à présent résoudre cette équation mâıtresse
afin de prédire les distributions de vitesse obtenues dans le refroidissement Dop-
pler sur une transition de largeur quelconque.

2.4.1 Cas général

A notre connaissance, il n’existe pas de solution analytique générale de
l’équation mâıtresse pour l’évolution temporelle et la solution stationnaire avec les
taux de diffusions donnés en 2.17. Il faut donc effectuer une résolution numérique
de l’équation mâıtresse pour obtenir l’évolution temporelle et la distribution en
vitesse stationnaire.

Bien qu’on ne possède pas de solution analytique de la distribution en vitesse,
il est possible d’extraire de l’équation mâıtresse la condition d’existence de l’état
stationnaire et des différents moments de la distribution en vitesse. Il a été montré
dans la référence [128] que le moment d’ordre 2n de la distribution de vitesse
stationnaire

∫
v2nP (v) dv existe si δL < −(1.05 + 0.7 n) k vrec. Ainsi il existe un

état stationnaire si
∫

P (v) dv ne diverge pas et donc si δL < −1.05 k vrec.
Il est aussi possible d’obtenir une solution analytique pour l’écart type de la

distribution en vitesse. Il a été montré dans la référence [128] que l’écart type de
la distribution en vitesse peut s’écrire sous la forme :

σv = 0.35 vrec

√√√√√ −δL

0.35 k vrec
− 3 +

1 +
(

Γ
0.7 k vrec

)2

−δL

0.35 k vrec
− 5

+ 24
10a −

(
−δL

0.35 k vrec
− 3

)
R(δ,Γ)

−δL

0.35 k vrec
− 5

(2.18)
La fonction R(δ,Γ) est définie par :

R(δ,Γ) = 4

a

(
2
(

Γ
0.7 k vrec

)2

+ 3
(

−δL

0.35 k vrec
− 2

)2
)

+ 20 b(
−δL

0.35 k vrec
− 2

)((
Γ

0.7 k vrec

)2

+
(

−δL

0.35 k vrec
− 2

)2
)

+ 24 a

a et b sont des constantes qui dépendent des six premiers moments de Πspt(∆v) :

a 	 0.02929
b 	 0.003395

On peut remarquer sur la formule 2.18 que l’écart type de la distribution de
vitesse diverge pour δL = −1.75 k vrec. On retrouve donc comme précédemment
que le moment d’ordre 2 n’existe que si δL < −1.75 k vrec.
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Pour la transition d’intercombinaison du strontium (Γ/2π = 7.5kHz,
k vrec/2π = 9.6kHz), on obtient avec les relations précédentes que l’écart type
minimum de la distribution de vitesse stationnaire est égal à :

σv 	 0.80 vrec

	 5.3 mm/s

Cet écart type minimum est obtenu pour un désaccord laser égal à

δL 	 −2.38 k vrec

δL

2π
	 −22.8 kHz

Les résultats obtenus ici sont différents de ceux de la théorie Doppler
semi-classique : σv min = 0.52 vrec pour δL = −Γ/2 (δL/2π = −3.75 kHz).
Nous reviendrons ultérieurement sur l’interprétation de ces résultats et nous
représenterons l’écart type en fonction du désaccord laser et de la largeur
naturelle de la transition.

Pour obtenir l’évolution de la distribution en vitesse dans le refroidissement
Doppler sur la transition d’intercombinaison du strontium, nous avons effectué
une résolution numérique de l’équation mâıtresse avec une discrétisation en vi-
tesse de 0.1 vrec et une discrétisation temporelle de 0.2 Γ−1 (I/Isat = 0.1). Il a été
vérifié numériquement que l’effet de cette discrétisation est négligeable.

Sur la figure 2.4, on peut voir les résultats de la résolution numérique pour
différents désaccords laser. On a tout d’abord pris un désaccord laser pour lequel
il n’existe pas d’état stationnaire (δL = −0.5 k vrec). On voit dans ce cas que la
distribution en vitesse s’étale en fonction du temps. On chauffe donc les atomes.
On a ensuite calculé l’évolution de la distribution en vitesse pour un désaccord
laser pour lequel la variance de l’état stationnaire diverge (δL = −1.2 k vrec). Ici,
au cours du refroidissement, on diminue la largeur à mi-hauteur de la distribution
de vitesse. Cependant, les distributions en vitesse présentent de grandes ailes qui
font diverger l’écart type de la distribution en vitesse pour l’état stationnaire. On
peut aussi remarquer que contrairement au cas d’une transition large, la distri-
bution en vitesse stationnaire n’est clairement pas gaussienne. On a enfin calculé
l’évolution temporelle de la distribution en vitesse pour le désaccord laser qui mi-
nimise l’écart type de la distribution de vitesse stationnaire (δL = −2.38 k vrec).
Par rapport au cas précédent, les ailes de la distribution de vitesse sont beau-
coup plus petites mais on obtient une largeur à mi-hauteur plus grande. On peut
aussi remarquer qu’ici la forme de la distribution en vitesse se rapproche d’une
gaussienne.

On reviendra dans la suite sur l’interprétation de ces résultats. A présent,
en utilisant certaines approximations, nous allons essayer de trouver des solu-
tions analytiques pour les distributions en vitesse stationnaires obtenues avec le
refroidissement Doppler.
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Fig. 2.4 – Evolution de la distribution de vitesse pour le refroidissement Doppler
sur la transition d’intercombinaison du strontium (distribution initiale gaussienne
d’écart type 2 vrec ; I/Isat=0.1).

2.4.2 Sauts de vitesse petits : Approche Fokker Planck

Lorsque les échelles de variation de la distribution en vitesse P (v) et du taux de
diffusion Φ+(−)(v) sont grandes devant la vitesse de recul vrec, l’équation mâıtresse
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peut se mettre sous la forme d’une équation de Fokker Planck (voir page 319).
Cette approximation est parfaitement valable pour des transitions avec une lar-
geur naturelle grande devant le recul où le taux diffusion et la distribution de
vitesse varient peu à l’échelle du recul. Pour des transitions étroites, cette ap-
proximation ne sera valable que dans les ailes de la distribution de vitesse. En
effet pour des vitesses grandes devant δL/k, la distribution en vitesse et le taux
de diffusion varient peu à l’échelle du recul. Quelle que soit la largeur de la tran-
sition, on connâıtra donc de manière exacte la forme asymptotique des ailes des
distributions en vitesse. Comme les conditions d’existence des différents moments
de la distribution de vitesse sont données par la forme asymptotique des ailes,
l’équation de Fokker Planck qui décrit de manière exacte l’allure asymptotique
des ailes décrit aussi de manière exacte les conditions d’existence des différents
moments de la distribution de vitesse.

-8 -6 -4 -2 0 2 4 6 8

-8 -6 -4 -2 0 2 4 6 8

v/vrec
δL/kvrec −δL/kvrec

Coefficient de diffusion D(v)

Force F(v)

v/vrec

δL/kvrec

−δL/kvrec

Distribution de vitesse obtenue
avec Fokker Planck

Distribution de vitesse obtenue
avec Fokker Planck

Fig. 2.5 – Force et coefficient de diffusion obtenus pour la transition d’inter-
combinaison du strontium avec le désaccord laser minimisant la variance de la
distribution en vitesse (δL/2π = −22.8 kHz).
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La distribution en vitesse obéira donc ici à l’équation de Fokker Planck
2.8 (voir page 320). Le coefficient de diffusion et la force s’obtiennent à partir
des expressions de Φ+(−)(v) du refroidissement Doppler à faible saturation 2.17
(voir page 330). L’allure de la force et l’allure du coefficient de diffusion sont
représentées sur la figure 2.5.

La distribution de vitesse stationnaire de l’équation de Fokker Planck se cal-
cule en utilisant les expressions 2.17 de Φ+(−)(v) dans la formule 2.9 (voir page
320). On obtient alors après intégration :

Ps(v) =

1 −
(

8kvδL

Γ2

1 +
4(δ2

L+k2v2)

Γ2

)2
(

1 +
4(δ2

L + k2v2)

Γ2

) δL
0.7 k vrec

+1

(2.19)

L’état stationnaire existe si la distribution de vitesse précédente est normalisable
c’est à dire si

∫
P (v) dv existe. A partir de l’expression précédente, on trouve qu’il

existe un état stationnaire si δL < −1.05 k vrec. On trouve aussi que les moments
de la distribution en vitesse d’ordre 2n existent si δL < −(1.05 + 0.7 n)k vrec.
Quelle que soit la largeur de la transition, on retrouve donc bien avec l’équation
de Fokker Planck les mêmes conditions que l’équation mâıtresse pour l’existence
de l’état stationnaire et des différents moments.

Contrairement à la théorie Doppler sur transition large, on trouve ici une
distribution de vitesse qui n’est jamais parfaitement gaussienne. On comparera
dans la suite, la distribution de vitesse donnée par l’équation de Fokker Planck
avec la distribution en vitesse obtenue en résolvant numériquement l’équation
mâıtresse.

2.4.3 Coefficient de diffusion constant et force linéaire en

vitesse

On retrouve les résultats du modèle semi-classique du refroidissement Dop-
pler, en supposant dans l’équation de Fokker Planck que la force est linéaire en
vitesse (force de friction) et que le coefficient de diffusion est constant. Avec l’ex-
pression de la force et du coefficient de diffusion obtenu précédemment, cette
approximation est valable pour des vitesses très petites devant |δL|/k (voir fi-
gure 2.5). Avec cette approximation, on obtiendra donc une forme correcte de la
distribution en vitesse si la largeur de la distribution en vitesse obtenue est très
petite devant |δL|/k.

En prenant D(v) = D(0) et F (v) = v dF/dv(0) dans l’équation de Fokker
Planck, on obtient alors une distribution en vitesse gaussienne avec une
variance égale à :

σ2
v = 0.7

1

2
vrec

Γ

k

1 +
4δ2

L

Γ2

−4δL

Γ

= 0.7
�Γ

2m

1 +
4δ2

L

Γ2

−4δL

Γ

(2.20)
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On retrouve ici l’expression connue de la variance de la distribution en vitesse
donnée par la théorie semi-classique du refroidissement Doppler. La variance σ2

v

est minimale pour δL = −Γ/2 et égale à 0.7�Γ/2m (le facteur numérique 0.7
dépend du diagramme de rayonnement).
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2.5 Interprétation des résultats du refroidisse-

ment Doppler sur une transition de largeur

quelconque et comparaison des différents

modèles

Dans cette partie, nous essayerons d’interpréter les résultats obtenus avec
l’équation mâıtresse pour le refroidissement Doppler sur une transition de largeur
quelconque. Nous comparerons aussi ces résultats avec les solutions analytiques
obtenues avec l’équation de Fokker Planck.

2.5.1 Existence d’un état stationnaire

Un état stationnaire existe si la distribution en vitesse stationnaire obte-
nue par l’équation mâıtresse est normalisable. Pour le refroidissement Doppler
à faible saturation, on a trouvé que l’état stationnaire existe si δL < −1.05 k vrec.
Ici, lorsque l’état stationnaire n’existe pas, la distribution en vitesse s’élargit
indéfiniment en fonction du temps. On chauffe donc les atomes. On peut expli-
quer cette absence d’état stationnaire pour des désaccords laser trop faibles par
le fait que la force ne confine pas assez la vitesse des atomes. La force qui confine
la vitesse des atomes est forte entre ±δL/k (voir figure 2.5). Lorsque le désaccord
laser est proche du recul, l’atome peut quitter facilement cette zone où sa vitesse
est bien confinée car il suffit de quelques diffusions de photon pour en sortir.
Lorsque la vitesse de l’atome est plus grande que |δL/k|, la force qui confine la
vitesse des atomes devient de plus en plus faible. Le rapport force sur diffusion
décrôıt lorsque la vitesse augmente (décroissance en 1/v). Cette décroissance est
d’autant plus rapide que le désaccord laser est faible. A partir d’une certaine
valeur du désaccord laser (δL < −1.05 k vrec), la force diminue trop vite par rap-
port à la diffusion pour pouvoir confiner la vitesse des atomes. La distribution de
vitesse s’étale alors continûment en fonction du temps.

Sur la figure 2.6, nous avons représenté à l’aide d’une simulation de Monté
Carlo, l’évolution de la vitesse d’un atome pour différents désaccords lasers. On
voit clairement que plus le désaccord laser est faible, plus l’atome peut quitter
facilement la zone où la force laser est importante (|kv| � δL). Si le désaccord laser
est trop faible, la vitesse de l’atome n’est pas assez confinée lorsque |v| > |δL|/k
et la distribution de vitesse s’étale continûment en fonction du temps.

La condition d’existence d’un état stationnaire décrite précédemment s’ap-
plique pour n’importe quelle largeur de transition. Cependant pour des transi-
tions larges devant le recul, le désaccord laser utilisé en pratique pour refroidir
les atomes est de l’ordre de Γ et est donc très grand en valeur absolue devant le
désaccord limite d’existence de l’état stationnaire 1.05 k vrec. Par contre pour des
transitions étroites, le désaccord laser minimisant la distribution en vitesse est
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Fig. 2.6 – Evolution de la vitesse d’un atome soumis au refroidissement Doppler
sur la transition d’intercombinaison du strontium (I/Isat = 0.1).
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voisin du désaccord limite pour l’existence d’un état stationnaire. On verra dans
la suite que le fait qu’il n’existe pas d’état stationnaire pour des désaccords trop
faibles limite l’efficacité du refroidissement laser sur transition étroite.

La condition d’existence d’un état stationnaire est décrite de manière exacte
par l’équation de Fokker Planck car cette approche donne le comportement
asymptotique exact des ailes de la distribution en vitesse quel que soit le
désaccord. Lorsqu’on suppose que la force est linéaire en vitesse et le coefficient
de diffusion constant, on ne trouve pas la bonne condition d’existence pour l’état
stationnaire car la force ne sature pas lorsque la vitesse augmente. Ici le désaccord
laser doit être seulement négatif pour obtenir un état stationnaire.

2.5.2 Forme des distributions de vitesse

La forme exacte de la distribution de vitesse stationnaire n’est donnée que
par l’équation mâıtresse ou les équations de Bloch optiques généralisées. Sur la
figure 2.7, nous avons représenté dans le cas de la transition d’intercombinaison
du strontium les distributions en vitesse stationnaires obtenues en résolvant
numériquement l’équation mâıtresse. Les distributions en vitesses obtenues sont
clairement non gaussiennes. Elles présentent tout d’abord des ailes beaucoup
plus importantes qu’une gaussienne. Ces ailes sont d’autant plus importantes
que le désaccord laser est faible. En effet, plus le désaccord est faible et plus la
zone où la vitesse est bien confinée (|v| � |δL|/k) se rétrécit. Lorsque le désaccord
laser est faible, la probabilité est donc plus élevée pour qu’un atome quitte
cette zone et donc peuple les ailes de la distribution. Les distributions en vitesse
présentent aussi deux creux pour des vitesses égales à ±δL/k. En effet pour ces
vitesses, l’atome est en résonance avec un laser, il diffuse donc plus de photons
et reste donc moins de temps à ces vitesses. Pour des vitesses supérieures, on
peut aussi voir une série de bosses qui semble provenir du caractère borné des
changements de vitesse effectués après chaque diffusion de photon.

Sur la figure 2.7, on peut comparer la distribution en vitesse stationnaire
donnée par l’équation de Fokker Planck et par l’équation mâıtresse. Lorsque le
désaccord laser est suffisamment grand (δL � −2 k vrec), la distribution en vitesse
donnée par l’équation de Fokker Planck est qualitativement la même que celle
donnée par l’équation mâıtresse. Comme discuté précédemment, on trouve que
quel que soit le désaccord laser, la forme asymptotique des ailes est la même
pour Fokker Planck et l’équation mâıtresse. Cependant Fokker Planck donne
des ailes systématiquement plus importantes que l’équation mâıtresse. En effet,
l’importance des ailes de la distribution de vitesse est donnée par la proportion
d’atome quittant la zone où la vitesse est bien confinée. Pour quitter cette zone,
les atomes doivent franchir un pic de force (voir figure 2.5) dont la largeur est
voisine du recul pour la transition d’intercombinaison du strontium. Il suffit donc
de quelques sauts en vitesse pour franchir ce pic (voir figure 2.6). L’équation de
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Fokker Planck qui suppose que les sauts en vitesse sont petits devant l’échelle
de variation de la force est donc une mauvaise approximation pour décrire la
probabilité de franchir le pic de force et donc pour donner la proportion d’atomes
dans les ailes.

Comme l’équation mâıtresse, l’équation de Fokker Planck donne bien un
creux dans la distribution de vitesse à l’endroit où les atomes sont en résonance
avec le laser. Cependant on ne retrouve pas dans Fokker Planck la série de bosses
sur la distribution en vitesse car celle-ci traduit le caractère borné des sauts en
vitesses qui est ignoré dans Fokker Planck.

Lorsqu’on suppose que la diffusion est constante et que la force est linéaire, on
obtient toujours une forme de distribution en vitesse gaussienne. Dans le cas de
la transition d’intercombinaison du strontium, ces distributions de vitesse gaus-
siennes sont qualitativement différentes des distributions obtenues avec l’équation
mâıtresse.

Pour des transitions larges devant le recul, l’approximation aboutissant à
l’équation de Fokker Planck est parfaitement vérifiée. Contrairement à la théorie
Doppler semi-classique pour des transitions larges, les distributions de vitesse
obtenues ne sont jamais exactement gaussiennes. En particulier, l’allure asymp-
totique des ailes lorsque k v ∼ δL est différente d’une gaussienne (loi de puissance
2.19). Pour la transition large du strontium à 461 nm (Γ/k vrec ∼ 1.4 103), la
mesure expérimentale de ces ailes est extrêmement difficile car au voisinage de la
vitesse δL/k les ailes sont de l’ordre de 10−100 par rapport au centre de la distri-
bution (pour δL = −Γ/2). On peut voir aussi le caractère non gaussien dans le
centre de la distribution de vitesse cependant l’écart à la gaussienne est de l’ordre
de 10−5 et donc extrêmement difficile à mesurer en pratique.

2.5.3 Ecart type et largeur de la distribution en vitesse

stationnaire en fonction du désaccord laser

L’écart type exact de la distribution de vitesse stationnaire est donnée par la
formule 2.18. On peut noter que quelle que soit la largeur de la transition, l’écart
type de la distribution de vitesse diverge lorsque δL > −1.75 k vrec. Sur la figure
2.8, nous avons tracé l’écart type de la distribution de vitesse stationnaire en
fonction du désaccord laser pour la transition d’intercombinaison du strontium.
L’écart type est minimum pour un désaccord égal à −2.38 k vrec et est égal à
0.80 vrec.

La largeur à mi-hauteur de la distribution en vitesse ∆v peut être dans certain
cas un paramètre plus pertinent que l’écart type pour caractériser une distribu-
tion de vitesse. Pour des transitions larges devant la fréquence de recul où les
distributions en vitesse stationnaires sont gaussiennes, la largeur à mi-hauteur
des distributions de vitesse ∆v correspond à un facteur numérique près à l’écart
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type (∆v =
√

8 ln(2)σv 	 2.35 σv). Pour des transitions étroites, les distributions
de vitesse stationnaires ne sont pas gaussiennes et présentent des ailes qui peuvent
être importantes. Dans le cas où les ailes sont importantes, l’écart type σv ne cor-
respondra pas seulement à la largeur de la distribution ∆v mais dépendra aussi
des ailes de la distribution. Pour les transitions étroites, il est donc intéressant
en plus de l’écart type σv de connâıtre la largeur à mi-hauteur des distributions
de vitesse ∆v. Sur la figure 2.9, nous avons représenté la largeur à mi-hauteur de
la distribution de vitesse en fonction du désaccord laser pour les paramètres de
la transition d’intercombinaison du strontium. La largeur à mi-hauteur ∆v est
donnée à partir des distributions en vitesse stationnaires obtenues numériquement
avec l’équation mâıtresse. On peut voir sur la figure 2.9 que tant qu’un état sta-
tionnaire existe, la largeur de la distribution de vitesse ∆v diminue lorsque le
désaccord laser diminue en valeur absolue. Nous allons à présent essayer de don-
ner une explication qualitative à la dépendance en désaccord laser de l’écart type
et de la largeur à mi-hauteur.
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Explication qualitative de la dépendance en désaccord laser de l’écart
type et de la largeur à mi-hauteur

Plusieurs phénomènes interviennent dans la détermination de la largeur et
de l’écart type des distributions de vitesse stationnaires. Il y a tout d’abord une
compétition entre la force de friction qui tend à affiner la distribution en vitesse
et la diffusion qui tend à l’élargir. Lorsque le désaccord laser diminue en valeur
absolue, le rapport friction sur diffusion à vitesse nulle augmente et atteint son
maximum pour δL = −Γ/2. En tenant uniquement compte de ce phénomène,
on trouve donc que la largeur de la distribution de vitesse est minimum pour
δL = −Γ/2. On retrouve ici le désaccord laser minimisant l’écart type et la largeur
des distributions en vitesse du refroidissement Doppler sur transition large.

Pour des transitions étroites, un autre phénomène intervient dans la
détermination de la largeur de la distribution en vitesse. En effet, sur l’étendue
de la distribution de vitesse, le taux de diffusion n’est pas constant et présente
un minimum à vitesse nulle (voir figure 2.5). Les atomes ont alors tendance à
s’accumuler au voisinage de cette vitesse. On peut ici établir un parallèle avec
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le refroidissement par résonance noire où les atomes sont soumis à un taux de
diffusion non constant qui s’annule à vitesse nulle. Les atomes s’accumulent alors
progressivement au voisinage de la vitesse nulle. Dans le cas des résonances noires,
il n’y a pas d’état stationnaire, la largeur de la distribution en vitesse diminue
indéfiniment. Dans le cas du refroidissement Doppler sur transition étroite, ce
processus est beaucoup moins efficace car le coefficient de diffusion ne s’annule
pas en zéro et présente seulement un minimum assez mou (voir figure 2.5). En
première approximation, on considérera que l’affinement de la distribution de
vitesse causé par la friction est prépondérant devant l’effet du coefficient de diffu-
sion non constant. On considérera donc que c’est le rapport friction sur diffusion
qui donnera la dépendance en désaccord laser de la largeur de la distribution de
vitesse. Pour des transitions étroites, le désaccord laser optimisant la largeur de
la distribution de vitesse est dans la zone où l’état stationnaire n’existe pas. Dans
le cas où l’état stationnaire existe, la largeur de distribution de vitesse diminue
donc toujours lorsque le désaccord laser diminue en valeur absolue (voir figure
2.9). On voit donc que le mauvais confinement de la vitesse des atomes dans les
ailes de la distribution de vitesse limite la largeur à mi-hauteur minimum que
l’on peut obtenir avec un refroidissement Doppler sur transition étroite.

Comme les distributions en vitesse sur transitions étroites peuvent présenter
des ailes assez importantes, ces ailes interviennent dans la détermination de l’écart
type. Les ailes importantes de la distribution de vitesse proviennent du fait que
les atomes peuvent sortir de la zone où la force de friction est forte (|v| � |δL|/k)
et peuplent alors les ailes de la distribution de vitesse. Plus le désaccord sera petit
en valeur absolue et plus la probabilité de quitter cette zone de vitesse sera élevée
et donc plus les ailes de la distribution de vitesse prendront de l’importance. Pour
résumer, lorsque le désaccord laser diminue en valeur absolue (pour |δL| > Γ/2),
la proportion d’atomes dans les ailes augmente mais la largeur de la distribution
de vitesse diminue. Le désaccord minimisant l’écart type de la distribution de
vitesse résulte alors d’un compromis entre la proportion d’atomes dans les ailes
et la largeur à mi-hauteur. Pour des désaccords lasers plus petits en valeur ab-
solue, l’écart type sera déterminé principalement par les ailes de la distribution
de vitesse et pour des désaccords plus grands ce sera la largeur à mi-hauteur qui
déterminera principalement l’écart type.

On peut conclure des discussions précédentes que les atomes qui quittent la
zone où la vitesse est bien confinée limitent l’efficacité du refroidissement laser
sur transition étroite.

Comparaison des différentes équations d’évolution

L’écart type de la distribution de vitesse obtenue avec Fokker Planck est en
bon accord qualitatif avec l’écart type obtenue avec l’équation mâıtresse. L’écart
type diverge pour la même valeur du désaccord laser. On peut noter que l’accord
est très bon pour δL < −4 k vrec. Lorsque le désaccord laser est plus petit en valeur
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absolue, la différence entre l’équation mâıtresse et Fokker Planck devient assez
grande. En effet, pour ces désaccords laser petits l’écart type de la distribution
dépend fortement des ailes. Or, on a vu que l’équation de Fokker Planck décrivait
très mal la proportion d’atomes dans les ailes de la distribution. On peut noter
que l’accord sur les largeurs à mi-hauteur entre l’équation mâıtresse et Fokker
Planck reste par contre très bon même à faible désaccord laser 2.9.

La théorie Doppler pour des transitions larges ne tient pas compte de la varia-
tion de la force et du coefficient de diffusion en fonction de la vitesse. Ce modèle
ne pourra alors pas prédire la fuite des atomes dans les ailes de la distribution de
vitesse. Les écarts types obtenus pour de faibles désaccords laser sont donc qua-
litativement différents de ceux obtenus par l’équation mâıtresse. Les largeurs à
mi-hauteur obtenues avec la théorie Doppler sur transition large sont légèrement
supérieures à celles donnés par l’équation mâıtresse. La différence résulte du fait
que le coefficient de diffusion non constant non pris en compte dans le modèle
semi-classique a tendance à accumuler les atomes au voisinage de la vitesse nulle
et donc à diminuer la largeur de la distribution de vitesse.

2.5.4 Ecart type de la distribution de vitesse stationnaire

en fonction de la largeur de la transition

A présent, examinons la dépendance de l’écart type de la distribution de
vitesse en fonction de la largeur de la transition. Sur la figure 2.10, nous avons
représenté l’écart type minimum en fonction de la largeur de la transition. On note
que contrairement à la théorie Doppler semi-classique, l’écart type tend vers une
valeur finie lorsque la largeur naturelle tend vers 0. Ainsi quelle que soit la largeur
de la transition, le refroidissement Doppler ne permet pas d’obtenir un écart type
inférieur à 0.728 k vrec. Les mécanismes limitant sont la diffusion de photons et
la proportion d’atome dans les ailes qui augmente lorsque le désaccord diminue.
Dans le refroidissement Doppler, les atomes diffusent toujours des photons et font
donc continûment des sauts de vitesse de l’ordre du recul. Il semble donc difficile
d’obtenir des distributions de vitesse beaucoup plus étroites que le recul. On
pourrait cependant confiner un peu mieux la vitesse des atomes en diminuant le
désaccord laser et donc en augmentant le rapport friction sur diffusion. Cependant
les ailes de la distribution prennent alors beaucoup d’importance et l’écart type
de la distribution augmente alors.

Sur la figure 2.11, nous avons représenté le désaccord laser minimisant l’écart
type de la distribution en vitesse en fonction de la largeur de la transition. Pour
des transitions larges devant le recul, on retrouve que le désaccord minimisant
l’écart type est égal à −Γ/2. Pour des transitions étroites devant le recul, le
désaccord minimisant l’écart type devient indépendant de la largeur de la tran-
sition et est égal à −2.22 k vrec.

On peut noter que l’équation de Fokker Planck donne des résultats qualitati-
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vement bons quelle que soit la largeur de la transition. Pour les largeurs naturelles
très faibles, il y a seulement un décalage avec l’écart type obtenu avec l’équation
mâıtresse. Ce décalage vient du fait que Fokker Planck décrit mal la proportion
d’atomes dans les ailes de la distribution.

Lorsque la largeur de la transition augmente, on constate (figures 2.10, 2.11)
que les trois modèles convergent vers les mêmes résultats. A partir d’une largeur
naturelle de 10 reculs, Fokker Planck et l’équation mâıtresse donnent quasiment le
même résultat. Le modèle semi-classique donne lui des résultats quasi-identiques
à l’équation mâıtresse pour des largeurs naturelles supérieures à 100 reculs.
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2.6 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons donné quatre équations d’évolution pour le re-
froidissement Doppler à une dimension sur une transition J=0 J=1 avec des
polarisations σ+, σ− :

– équations de Bloch optiques généralisées

– équation mâıtresse

– équation de Fokker Planck

– équation de Fokker Planck avec coefficient de diffusion constant et force
linéaire en vitesse.

Les équations de Bloch optiques généralisées sont obtenues à partir d’un
modèle quantique du refroidissement laser. Ce sont les seules relations qui per-
mettent de donner rigoureusement l’évolution de la distribution de vitesse quelle
que soit la largeur de la transition. Ces équations demandent cependant une
résolution numérique assez lourde et sont peu intuitives.

L’équation mâıtresse qui provient d’un modèle de marche au hasard donne
rigoureusement la distribution de vitesse stationnaire quelle que soit la largeur de
la transition. Elle donne aussi l’évolution de la distribution de vitesse moyennée
temporellement sur un temps grand devant Γ−1. Cette équation mâıtresse est plus
intuitive et demande une résolution numérique plus facile que les équations de
Bloch optiques généralisées. En pratique les temps de refroidissement sont grands
devant Γ−1. L’équation mâıtresse est donc une très bonne approximation pour
prédire les distributions de vitesse obtenues en pratique lors du refroidissement.

L’évolution de la distribution de vitesse peut être aussi décrite par une
équation de Fokker Planck basée sur une approximation de saut en vitesse pe-
tit. Cette équation est intéressante car elle donne une solution analytique pour
la distribution de vitesse stationnaire. Cette équation donne rigoureusement la
condition d’existence de l’état stationnaire et la forme asymptotique des ailes
des distributions quelle que soit la largeur de la transition. Pour des transi-
tions larges devant le recul, les distributions de vitesse données par l’équation
de Fokker Planck sont en très bon accord quantitatif avec les distributions de vi-
tesse obtenues avec l’équation mâıtresse. Pour des transitions étroites, on obtient
seulement un bon accord qualitatif avec les distributions de vitesse de l’équation
mâıtresse. L’accord sur les largeurs à mi-hauteur est très bon par contre la pro-
portion d’atomes dans les ailes de la distribution de vitesse est mal décrite par
l’équation de Fokker Planck.

On peut enfin décrire l’évolution de la distribution de vitesse par une
équation de Fokker Planck avec un coefficient de diffusion constant et une force
linéaire en vitesse. Cette équation donne des résultats corrects uniquement
pour le refroidissement sur une transition large devant recul. Pour des transi-
tions étroites, les distributions de vitesse données sont qualitativement mauvaises.
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On peut remarquer que l’extension de la théorie du refroidissement Doppler
sur transition étroite de une à trois dimensions n’est pas évidente. En effet, à
trois dimensions il n’existe pas de configuration de polarisation qui empêche la
redistribution de photons. L’extension de l’équation mâıtresse de une à trois
dimensions pourrait alors donner des résultats qualitativement faux.

Dans ce chapitre, nous avons montré que le refroidissement Doppler sur tran-
sition étroite était limité par l’étroitesse de la zone où la vitesse des atomes est
fortement confinée. Les atomes peuvent quitter facilement cette zone et peupler
les ailes des distributions de vitesse. Ce phénomène limite l’efficacité du refroi-
dissement Doppler qui donne quelle que soit la largeur de la transition un écart
type minimum sur les distributions de vitesse égal à 0.73 vrec . La transition
d’intercombinaison du strontium (Γ = 0.78 k vrec) qui donne un écart type mini-
mum égal à 0.80 vrec semble donc être un bon compromis entre l’écart type de la
distribution de vitesse et le temps de refroidissement (∝ 1/Γ).

Pour améliorer les performances du refroidissement Doppler sur transition
étroite, il a été proposé dans la référence [121] d’utiliser un laser élargi spectra-
lement. Ce laser élargi spectralement augmente considérablement la zone où la
vitesse des atomes est bien confinée. Les ailes importantes des distributions de
vitesse obtenues avec un laser monochromatique sont alors fortement réduites
avec l’utilisation d’un laser élargi spectralement. Avec ce laser élargi spectrale-
ment, il a été montré numériquement dans la référence [121] que l’écart type
des distributions de vitesse n’est plus limité à 0.73 vrec mais est de l’ordre de√

2�Γ/m quelle que soit la largeur de la transition. Ainsi la largeur des distribu-
tions de vitesse tend vers 0 lorsque la largeur de la transition tend vers 0. Pour la
transition d’intercombinaison du strontium, comme Γ est voisin de kvrec, le refroi-
dissement Doppler avec un laser élargi spectralement ne permet pas d’obtenir des
dispersions de vitesse beaucoup plus petites qu’avec un laser monochromatique.
Cependant l’utilisation d’un laser élargi spectralement permet de diminuer le
temps de refroidissement et d’augmenter la plage de capture en vitesse [121] [21].
En pratique, la difficulté du refroidissement Doppler avec un laser élargi spectra-
lement réside dans l’obtention d’un spectre laser avec des bords très raides [138].
Le modèle de marche au hasard décrit dans ce chapitre devrait bien s’adapter au
refroidissement Doppler avec laser élargi si on suppose comme dans la référence
[121] que l’on ajoute de manière incohérente les taux de diffusion de chacune des
composantes du spectre laser. On pourrait alors utiliser l’approche Fokker Planck
basée sur une approximation de sauts en vitesse petits qui donne une solution
analytique pour l’état stationnaire. Comme dans le cas du refroidissement avec
un laser monochromatique, on devrait obtenir des résultats qualitativement bons
quelle que soit la largeur de la transition.

Dans ce chapitre, le refroidissement Doppler a été étudié sur une transition
J=0 J=1 avec des polarisations σ+, σ− où il n’y a pas de redistribution cohérente
de photons entre les deux ondes contrapropageantes. Si on choisit une configu-
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ration de polarisation, par exemple deux polarisations identiques, où la redis-
tribution cohérente de photons est possible entre les deux ondes lasers, l’étude
théorique du refroidissement Doppler sur transition étroite devient plus difficile.
En effet, dans l’approche quantique du refroidissement il n’y a plus de famille
fermée (voir page 323). Il semble aussi difficile dans ce cas d’utiliser un modèle
de marche au hasard. Pour des transitions J=0 J=1 larges devant le recul, les
distributions de vitesse obtenues à faible saturation sont les mêmes quelle que soit
la configuration de polarisation utilisée. Cependant pour des transitions étroites
devant le recul, il existe une différence qualitative si on change de configura-
tion de polarisation même à faible saturation. En effet, pour deux polarisations
identiques, on peut montrer qu’une interférence quantique conduit à deux états
noirs (refroidissement par résonance noire sur un atome à deux niveaux [123]).
La durée de vie de ces deux états noirs est reliée à la largeur de la transition.
Ainsi, plus la transition est étroite, plus on se rapproche d’un état parfaitement
noir. Sur transition étroite, on obtient alors sur les distributions de vitesse deux
pics dont la largeur peut être très petite devant le recul [123] [139]. Ce type de
refroidissement semble donc prometteur sur la transition d’intercombinaison du
strontium pour obtenir des dispersions de vitesse inférieures au recul et mérite
donc une étude particulière.
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Conclusion

Dans cette thèse, nous avons présenté une expérience de piégeage et de re-
froidissement par laser du strontium. Un laser bleu à 461 nm résonnant avec la
transition 1S0 - 1P1 du strontium a été mis au point. Nous avons ainsi obtenu
une puissance égale à 150− 200 mW qui est suffisante pour l’expérience. Grâce à
ce laser bleu, nous avons réalisé un piège magnéto-optique de strontium chargé à
partir d’un jet ralenti par laser. Ce dispositif nous a permis de piéger 107 atomes
de strontium à une température de quelques millikelvins. Nous avons montré
que le nombre d’atomes piégés était limité par les collisions avec le gaz résiduel
présent dans la cellule de piégeage. L’obtention d’un meilleur vide devrait donc
permettre d’augmenter significativement le nombre d’atomes piégés.

Le gaz d’atomes froids de strontium obtenu a ensuite été utilisé comme milieu
diffusant modèle pour étudier l’effet des interférences en diffusion multiple et en
particulier la rétrodiffusion cohérente. Les mesures des cônes de rétrodiffusion
cohérente effectuées sont en très bon accord avec les résultats d’une simulation
de Monte Carlo. En outre, le facteur d’amplification proche de 2 obtenu dans le
canal h ‖ h montre que contrairement au rubidium, l’effet des interférences en
diffusion multiple n’est pas réduit sur strontium. Ce résultat confirme la prévision
théorique que la structure interne dégénérée de l’état fondamental conduit à une
réduction de l’effet des interférences en diffusion multiple.

En vu de réaliser un piège magnéto-optique sur la transition d’intercombinai-
son du strontium, nous avons développé un laser à 689 nm asservi en fréquence
sur une cavité ultrastable. Nous avons ainsi obtenu un laser avec une largeur
spectrale inférieure au kHz par rapport à la cavité. Cette largeur spectrale petite
devant la largeur naturelle de la transition d’intercombinaison (7.6 kHz) devrait
permettre de réaliser un piège magnéto-optique dans de bonnes conditions. Il
reste à présent à compenser les éventuelles dérives de fréquences liées à la cavité
grâce à une référence atomique.

Enfin, nous avons présenté une étude théorique du refroidissement Doppler à
une dimension sur transition étroite. En utilisant un modèle de marche au hasard,
nous avons montré que la dispersion de vitesse minimum était limitée au recul
quelle que soit la largeur de la transition. Pour la transition d’intercombinaison du
strontium, on obtient une dispersion en vitesse égale à σv 	 0.8 vrec 	 5.3 mm/s.
Nous avons de plus montré que contrairement au refroidissement sur transition
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large, les distributions de vitesse stationnaires n’étaient pas gaussiennes.
Les perspectives sur l’expérience concernent tout d’abord l’étude de la

rétrodiffusion cohérente de la lumière dans les régimes nouveaux que nous per-
mettent d’atteindre un gaz d’atomes. Il serait par exemple intéressant d’étudier
l’effet de la saturation de la transition atomique ou l’effet de la vitesse des atomes.
Une autre perspective pour l’expérience est l’obtention d’un gaz d’atomes froids
de strontium avec une densité spatiale suffisamment élevée pour atteindre le
régime de localisation forte. Dans ce but, la réalisation d’un piège magnéto-
optique sur la transition d’intercombinaison du strontium et l’utilisation d’un
piège dipolaire semblent être des techniques prometteuses. Enfin à plus long
terme, la perspective de l’expérience de strontium est d’étudier la diffusion mul-
tiple d’ondes de matière. Pour cette expérience, un gaz d’atomes froids de stron-
tium issu d’un piège magnéto-optique sur la transition d’intercombinaison est
une source d’ondes de matière cohérentes. Le milieu diffusant pourrait alors être
obtenu grâce au potentiel aléatoire créé par le speckle d’un laser désaccordé.
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Annexe A

Données strontium

Dans cette annexe, nous donnerons les propriétés du strontium qui sont utiles
pour des expériences de physique atomique. Après quelques généralités sur le
strontium, nous donnerons dans une première partie les propriétés physiques du
strontium. Nous indiquerons en particulier la pression de vapeur saturante du
strontium. Dans la seconde partie de cette annexe, nous décrirons les transitions
atomiques du strontium 88. Après avoir donné un diagramme des niveaux
du strontium, nous donnerons les caractéristiques détaillées des deux transi-
tions atomiques utilisées pour le piégeage et le refroidissement laser du strontium.

Le numéro atomique du strontium est Z=38. Il appartient à la famille
des alcalino-terreux comme le calcium et le magnésium. Le strontium a été
découvert en 1790 par Adair Crawford en Ecosse. Son nom strontium provient
du nom du village (Strontian) où il a été découvert et analysé. A l’état naturel
le strontium se trouve sous la forme de minéraux de strontianite (SrCO3) et
de célestine (SrS04). A partir de ces minéraux, il est possible d’extraire le
strontium et d’obtenir du strontium sous forme métallique. Le strontium se
présente généralement sous forme de pépite de couleur argentée.

Il existe à l’état naturel quatre isotopes de strontium (84Sr, 86Sr, 87Sr, 88Sr).
La masse, le spin nucléaire et l’abondance naturelle de chaque isotope sont donnés
dans le tableau A.1. Le strontium a aussi de nombreux isotopes radioactifs. L’iso-
tope radioactif le plus connu est le strontium 90 (durée de vie de 29 ans). C’est
un isotope radioactif particulièrement dangereux qui se produit lors d’explosion
nucléaire.
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Isotope Abondance naturelle Masse atomique (AMU 1) Spin nucléaire

84Sr 0.56% 83.913430 0

86Sr 9.86% 85.909267 0

87Sr 7.00% 86.908884 9/2

88Sr 82.58% 87.905619 0

Tab. A.1 – Isotopes naturels du strontium (source [140])

A.1. Propriétés physiques et chimiques du strontium

Propriétés physiques

Le strontium sous forme métallique a une densité égale à 2.6 g.cm−3 (20oC).
Sa température de fusion est égale 769oC et sa température d’ébullition est égale
à 1384oC.

L’obtention d’une vapeur atomique de strontium nécessaire pour des

expériences de physique atomique est réalisée en chauffant du strontium sous

forme solide. On obtient ainsi une vapeur de strontium dont la densité ato-

mique et la pression dépendent de la température du strontium sous forme so-

lide. On peut trouver la courbe donnant la pression de strontium en fonction de

la température dans la référence [141]. Cette courbe est représentée sur la figure

A.1. On peut effectuer un fit de la courbe pression de vapeur saturante en fonction

de la température avec la loi de Clausius-Clapeyron.

P (T ) = 10 8.477− 8390
T mbar

La température est dans cette formule exprimée en Kelvin. Pour des températures
comprises entre 200oC et 700 oC, l’erreur relative du fit est inférieure à 15%.

1. AMU : unité de masse atomique (AMU=1.6605402 .10−27 kg)
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Fig. A.1 – Pression de vapeur saturante de strontium en fonction de la
température.

A partir de cette pression de vapeur saturante, on peut exprimer la densité
atomique de strontium dans la vapeur en utilisant la loi des gaz parfaits :

n(T ) =
P (T )

kB T

où kB est la constante de Boltzmann et T est la température en Kelvin. Sur la
figure A.2, nous avons représenté la densité atomique de strontium en fonction
de la température.
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Fig. A.2 – Densité atomique dans la vapeur de strontium en fonction de la
température.

Propriétés chimiques

Le strontium réagit rapidement à l’air et donne alors une poudre blanche
(SrO, Sr2N3). Il faut donc conserver et manipuler le strontium sous atmosphère
neutre (argon par exemple). Le strontium réagit aussi rapidement avec l’eau pour
donner de l’hydroxyde de strontium et de l’hydrogène gazeux.

En vue de réaliser, une cellule contenant une vapeur de strontium, on peut
mentionner que la vapeur de strontium est très corrosive. La vapeur de strontium
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réagit facilement avec les silicates. Aux températures nécessaires pour obtenir une
pression de vapeur de strontium suffisante (∼ 300−500oC), des fenêtres en verre
contenant la vapeur noirciraient rapidement et deviendraient inutilisables. Plu-
sieurs travaux [145] ont montré que le saphir résiste chimiquement à une vapeur
chaude de strontium. Ce matériau peut être de plus utilisé à des températures
élevées (Tfusion = 2050oC). L’utilisation de fenêtres en saphir semble donc être
un bon choix pour contenir une vapeur de strontium chaude.

A.2. Transitions atomiques du strontium 88

Nous nous intéresserons dans cette partie aux transitions atomiques de l’iso-
tope 88 du strontium. C’est l’isotope du strontium qui sera utilisé dans cette
thèse. Il est l’isotope naturel le plus abondant et possède un spin nucléaire nul
(I=0) (voir tableau A.1).

Diagramme de niveaux et transitions du strontium 88 I :

Sur la figure page 359, nous avons représenté le diagramme des niveaux de
l’isotope 88 de l’atome de strontium non ionisé (88Sr I). Tous les niveaux qui
ont une différence d’énergie inférieure à 35000 cm−1 par rapport au niveau fon-
damental sont indiqués sur ce diagramme. La liste des niveaux d’énergie et leur
désignation sont données dans la référence [142].

Le strontium non ionisé possède 38 électrons. La configuration électronique
du niveau fondamental est :

1s2 2s2 2p6 3s2 3p6 4d10 4s2 4p6 5s2

Sur le diagramme des niveaux, nous avons reporté la configuration électronique
des niveaux excités. Seul la configuration des deux derniers électrons a été inscrite
sur le diagramme ; la configuration des autres électrons reste identique pour les
niveaux excités représentés.

Les niveaux du strontium sont caractérisés par les nombres quantiques L,S et

J associés respectivement au moment cinétique orbital
−→
L , au moment cinétique

de spin électronique
−→
S et au moment cinétique total

−→
J =

−→
L +

−→
S . On peut

rappeler que le moment cinétique du spin nucléaire n’intervient pas ici car le spin
du noyau du strontium 88 est nul. On n’aura donc pas de structure hyperfine pour
le strontium 88. Pour chaque niveau du diagramme, les trois nombres quantiques
L S J seront indiqués en utilisant la notation usuelle :

2S+1AJ

où A est une lettre qui représente la valeur du moment cinétique orbital (L=0 :
S, L=1 : P, L=2 : D, L=3 : F).
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Comme les autres alcalino-terreux qui possèdent aussi deux électrons sur
la couche externe, on peut séparer les niveaux d’énergie du strontium en
deux catégories suivant le moment cinétique de spin électronique S : les états
singulets (S=0) et les états triplets (S=1). Dans les états singulets, les
spins des deux électrons de la couche externe sont en sens opposé. Le moment
cinétique de spin électronique pour les états singulets est donc nul (S=0). Pour
les états triplets, les spins des deux électrons de la couche externe sont dans le
même sens. Le moment cinétique de spin électronique pour les états triplets est
donc égal à 1 (S=1).

Nous allons à présent donner les transitions atomiques entre les états ato-
miques décrits précédemment. Nous allons uniquement nous intéresser aux tran-
sitions dipolaires électriques qui constituent les transitions les plus intenses. Les
règles de sélection pour une transition dipolaire électrique sont :

∆S = 0
∆L = 0 , ± 1 sauf 0 ↔ 0
∆J = 0 , ± 1 sauf 0 ↔ 0

D’après ces règles de sélection, il n’y a pas de transition dipolaire électrique pos-
sible entre un état triplet (S=1) et un état singulet (S=0) (le couplage dipolaire
électrique n’agit par sur les spins électroniques). Cependant à cause du couplage
spin-orbite, les états triplets et singulets d’une même configuration électronique
sont mélangés. Ainsi un état désigné triplet n’aura pas strictement un moment
cinétique de spin électronique égal à 1 (S=1), il sera contaminé légèrement par
un état de moment cinétique de spin électronique égal à 0 (S=0). De même un
état nommé singulet n’aura pas strictement un moment cinétique de spin égal à 0
(S=0) mais il sera contaminé légèrement par un état de moment cinétique de spin
électronique égal à 1 (S=1). A cause de cette contamination, les transitions dipo-
laires électriques entre état singulet et état triplet seront donc permises. Ces tran-
sitions sont appelées transitions d’intercombinaison. Elles sont généralement
moins intenses que les transitions entre états de même moment cinétique de spin
électronique. On peut noter que les transitions d’intercombinaison seront d’autant
plus fortes que l’atome est lourd. Par exemple, les transitions d’intercombinaison
du calcium (Z=20) seront moins intenses que celles du strontium (Z=38).

Les transitions dipolaires électriques du strontium sont représentées sur le
diagramme des niveaux page 359. Par soucis de clarté, toutes les transitions
atomiques entre les niveaux n’ont pas été représentées sur le diagramme. Nous
nous sommes seulement intéressés aux transitions dont la connaissance semble
présenter un intérêt pour le piégeage et le refroidissement du strontium.
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Pour chaque transition, nous avons indiqué la longueur d’onde dans l’air 1

(données extraites de la référence [143]). Nous avons aussi indiqué sur le dia-
gramme la probabilité de transition Γ lorsqu’elle est connue. Toutes les proba-
bilités de transition ont été extraites de la référence [143] sauf la probabilité de
transition suivie de (1) extraite de la référence [144] et celle suivie de (2) extraite
de la référence [145]. Le temps de vie de certains niveaux τ a été aussi indiqué
sur le diagramme. Nous rappelons que l’inverse du temps de vie d’un niveau est
égal à la somme des probabilités de transition entre ce niveau et les niveaux
énergétiquement inférieurs.

Toutes les données du diagramme de niveaux proviennent de mesures
expérimentales exceptées les données soulignées qui proviennent d’un calcul
théorique.

Les rapports de branchement entre le niveau 3S1 et les niveaux 3P0,
3P1 et

3P2 (données suivies de (3) sur le diagramme des niveaux) sont obtenus à partir
du calcul des coefficients de Clebsch-Gordan. Les rapports de branchement entre
le niveau 1D2 et les niveaux 3P2 et 3P1 (données suivies de (4) sur le diagramme
des niveaux) sont obtenus d’après les résultats du calcul de la référence [146]. Le
calcul de ces taux de branchement est plus compliqué que précédemment car la
transition 1D2

3P2,1 est une transition d’intercombinaison.

Caractéristiques détaillées des transitions 1S0 - 1P1 et 1S0 - 3P1 du stron-
tium 88

Pour refroidir et piéger le strontium, on utilise les transitions 1S0 - 1P1 et
1S0 - 3P1 du strontium 88. Les valeurs des différents paramètres liés à ces deux
transitions sont indiquées sur le tableau A.2. Des précisions sur certain paramètre
du tableau sont données ci-dessous.

La section efficace de diffusion (ou d’absorption) de photon est donnée
pour une onde laser à résonance (δL = 0) et pour une intensité très faible devant
l’intensité de saturation (I � Isat).

Dans un champ magnétique uniforme, il y a une levée de dégénérescence en
mJ des états atomiques (mj représente le nombre quantique associé à la pro-

jection du moment cinétique �J sur l’axe de quantification). Ceci correspond au
déplacement Zeeman des niveaux atomiques. Si le champ magnétique est pa-
rallèle à l’axe de quantification ( �B = B �uz), le déplacement des niveaux est égal
à 2:

∆E = −gJ µB B mJ

1. L’indice de réfraction de l’air dans les conditions de température et de pression standard
est égal à 1.00029.

2. Cette expression des déplacements des niveaux est valable pour un champ magnétique
faible. Le déplacement des niveaux causé par le champ magnétique doit être petit devant l’écart
d’énergie de la structure fine (par exemple écart entre 3P1 et 3P0). Pour les champs magnétiques
utilisés dans notre expérience (<100 Gauss), cette approximation sera parfaitement valable.
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Transition : 1S0 - 1P1
1S0 - 3P1

Longueur d’onde dans l’air : λair 460.73 nm 689.25 nm

Longueur d’onde dans le vide : λ 460.86 nm 689.45 nm

Fréquence de la transition : ν =
c

λ
6.505 1014 Hz 4.348 1014 Hz

Largeur naturelle :
Γ

2π
32.0 MHz 7.6 kHz

Temps de vie du niveau excité : τ =
1

Γ
4.98 ns 21 µs

Section efficace de diffusion : σ =
3λ2

2π
0.1014 µm2 0.2270 µm2

Intensité de saturation : Isat =
π c h Γ

3λ3
42.7 mW.cm−2 3.0 µW.cm−2

Fréquence de recul : νr =
h

2 m λ2
10.686 kHz 4.775 kHz

Déplacement Zeeman :
gJµB

h
1.4 MHz.Gauss−1 2.1 MHz.Gauss−1

Largeur de la transition en vitesse :
Γ λ

2π
14.7 m.s−1 5.2 mm.s−1

Vitesse de recul :
h

m λ
9.85 mm.s−1 6.58 mm.s−1

Refroidissement Doppler 1D : σv 225 mm.s−1 5.3 mm.s−1

Accélération maximale : amax =
h

λ

Γ

2
9.90 105 m.s−2 1.6 102 m.s−2

Tab. A.2 – Caractéristiques des transitions 1S0 - 1P1 et 1S0 - 3P1 du 88Sr.
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où µB = � qe/2me (qe, me : masse et charge de l’électron) est le magnéton de
Bohr, gJ est le facteur de Landé défini par :

gJ = 1 +
J(J + 1) + S(S + 1) − L(L + 1)

2J(J + 1)

Pour le niveau 1P1 le facteur de Landé est égal à 1 et pour le niveau 3P1, le
facteur de Landé est égal à 1.5. Sur le tableau, nous avons indiqué la quantité
gJ µB/h représentant le déplacement en fréquence du niveau mj = 1 par unité de
champ magnétique.

Nous avons donné dans le tableau les différentes vitesses caractéristiques des
transitions atomiques. La largeur en vitesse de la résonance correspond à
l’effet Doppler donnant un décalage en fréquence égal à la largeur naturelle. La
vitesse de recul correspond au changement de vitesse d’un atome après l’ab-
sorption ou l’émission d’un photon. Nous avons aussi indiqué l’écart type mini-
mum de la distribution de vitesse stationnaire obtenue avec un refroidissement
Doppler à une dimension (voir chapitre refroidissement sur transition étroite).

Nous avons enfin donné dans le tableau, la force de pression de radiation maxi-
male pour un laser résonnant avec la transition 1S0 - 1P1 ou 1S0 - 3P1. Cette force
de pression de radiation maximale est donnée sous forme d’une accélération
maximale.

Ecarts en fréquence entre les différents isotopes naturelles du strontium
pour la transition 5s2 1S0 - 5s5p 1P1

La figure A.3 donne les écarts en fréquence de la transition 5s2 1S0 - 5s5p 1P1

entre les différents isotopes naturels du strontium (84, 86, 87, 88). Comme l’iso-
tope 87 du strontium a un spin nucléaire non nul (I=9/2), l’état excité 1P1 possède
une structure hyperfine. Les trois niveaux de la structure hyperfine sont repérés
par le nombre quantique F associé au moment cinétique totale (�F = �J + �I). Pour
le strontium 87, nous avons donc trois raies pour la transition 5s2 1S0 - 5s5p 1P1

84 86

-9.7-51.9-68.9-124.8-270.8

0-100-200 Fréquence en MHz

88

7/211/29/2

87

-150 -50-250

Fig. A.3 – Ecart en fréquence entre les isotopes 84, 86, 87, 88 du strontium pour
la transition 5s2 1S0 - 5s5p 1P1 (données extraites des références [148] et [147]).
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qui sont repérées sur la figure A.3 par le moment cinétique total de l’état excité
F.



364 ANNEXE A. DONNEES STRONTIUM



365

Annexe B

Articles



366 ANNEXE B. ARTICLES



VOLUME 88, NUMBER 20 P H Y S I C A L R E V I E W L E T T E R S 20 MAY 2002

203902-1
Coherent Light Transport in a Cold Strontium Cloud
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We study light coherent transport in the weak localization regime using magneto-optically cooled
strontium atoms. The coherent backscattering cone is measured in the four polarization channels using
light resonant with a Jg � 0 ! Je � 1 transition of the strontium atom. We find an enhancement factor
close to 2 in the helicity preserving channel, in agreement with theoretical predictions. This observation
confirms the effect of internal structure as the key mechanism for the contrast reduction observed with a
rubidium cold cloud [G. Labeyrie et al., Phys. Rev. Lett. 83, 5266 (1999)]. Experimental results are in
good agreement with Monte Carlo simulations taking into account geometry effects.
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During the past twenty years, the outstanding develop-
ment of mesoscopic physics led to a critical inspection of
coherent effects in wave transport. First motivated by elec-
tronic transport in conducting devices [1], the underlying
physical ingredients proved to be relevant to any linear
waves and in particular to light. This triggered active re-
search in the field of optics during the past two decades
[2], leading to the observation of coherent backscattering
enhancement [3] and universal conductance fluctuations
[4], to quote a few. A challenge in this field is still the
observation of strong localization of visible light. It was
recently reported for near-infrared light using semiconduc-
tors powders [5], but the interpretation of the experiment
in term of Anderson localization was questioned [6]. Cold
atoms have been quite recently considered as promising
scattering media to achieve strong localization [7]. Indeed,
they constitute perfectly monodisperse samples of resonant
point –dipole scatterers with large cross sections. More-
over high spatial density is achieved by adequate trapping
techniques [8,9].

In this Letter we report the observation of coherent
backscattering (CBS) of light on cold strontium atoms in
the weak localization regime kl ¿ 1 (k is the light wave
number and l is the elastic mean-free path). CBS is an
interferential enhancement of the average scattered inten-
sity reflected off a disordered scattering medium [10]. It
originates from a two-wave constructive interference near
exact backscattering between waves traveling along a given
scattering path and its reversed counterpart. For classical
scatterers, bearing on general symmetry arguments valid
in the absence of any magnetic field, the CBS interfer-
ing amplitudes have been shown to have equal weights at
exact backscattering in the so-called parallel polarization
channels [11]. In the lin k lin (linear k linear) channel the
incoming and detected light fields have the same linear
polarization. In the h k h (helicity k helicity) channel, both
light fields are circularly polarized with the same helic-
ity, that is opposite polarizations (because the CBS signal
0031-9007�02�88(20)�203902(4)$20.00
is emitted in the backward direction). In the perpendicular
channels, nothing ensures the equality of the two interfering
amplitudes, and the contrast of the interference is de-
creased. Single scattering events require a separate treat-
ment as direct and reversed paths coincide in the backward
direction and do not contribute to the CBS enhancement.
For spherically symmetric scatterers, single scattering does
not contribute in the lin�lin and h k h channels. Thus, the
CBS contrast (peak-to-background ratio) is predicted and
has been observed to be exactly 2 in the helicity preserving
polarization channel h k h [12]. By using an atomic gas at
resonance, a dynamic breakdown of the CBS effect can oc-
cur due to the scatterers motion during the transit time of a
photon inside the medium. This restricts the rms velocity
dy below a critical velocity given by yc � G�k (where G

is the width of the atomic dipole resonance), a condition
which is well fulfilled for a laser cooled atomic gas [13].
The quantum internal structure of atoms also has severe
consequences for coherent light transport in atomic media.
A degeneracy in the ground state induces a dramatic re-
duction of the CBS interference [14]. This has first been
experimentally observed with a cold rubidium sample on
a Jg � 3 ! Je � 4 transition [13]. These results highly
motivated the use of nondegenerate ground state atoms,
such as strontium, to benefit from full interference effects
in coherent transport.

The cold strontium (Sr) cloud is stored in a magneto-
optical trap (MOT). The transverse velocity of an ef-
fusive atomic beam, extracted from a 500 ±C oven, is
immediately compressed with 2D optical molasses. A
27-cm-long Zeeman slower then reduces the longitudinal
velocity to within the capture velocity range of the MOT
(�50 ms21). The Zeeman slower, molasses, MOT, and
probe laser beams at 461 nm are generated from the
same frequency-doubled source. Briefly, a single-mode
grating-stabilized diode laser and a tapered amplifier
are used in a master-slave configuration to produce
500 mW at 922 nm. The infrared light is then frequency
© 2002 The American Physical Society 203902-1



VOLUME 88, NUMBER 20 P H Y S I C A L R E V I E W L E T T E R S 20 MAY 2002
doubled in a semimonolithic standing wave cavity with
an intracavity KNbO3 crystal. The cavity is resonant
for the infrared light while the second harmonic exits
through a dichroic mirror providing 150 mW of tunable
single-mode light, which is then frequency locked onto
the 461 nm 1S0-1P1 strontium line in a heat pipe. We
use acoustooptic modulators for subsequent amplitude
and frequency variations. The MOT is made of six
independent trapping beams of 5.2 mW cm22 each, red
detuned by d � 2G from the resonance. The saturation
intensity is 42.5 mW cm22 and the natural width of the
transition is G�2p � 32 MHz. Two anti-Helmholtz coils
create a 100 G cm21 magnetic field gradient to trap the
atoms. A small population loss to metastable states is
repumped to the ground state using two additional red
lasers. The best achieved optical thickness of our Sr MOT
is b � 3. It is deduced from transmission measurements
of a resonant probe through the cloud shortly after switch-
ing off the MOT. Note that, because the optical thickness
of the atomic cloud is larger than one, the imaging of the
cloud does not yield a signal proportional to the atomic
density and the whole process thus overestimates the size
of the cloud (see discussion below). The number of trapped
atoms N � 107 is derived from the MOT fluorescence
signal. From a CCD image the rms radius of the cloud has
been estimated at 0.65 mm. Since the mean-free path is
l � 1��ns� (n being the atomic density and s � 6p�k2

being the resonant light scattering cross section), this
yields l � 0.5 mm (or kl � 7000). The rms velocity of
the atoms is about 1 ms21, well below the critical velocity
yc � 15 ms21.

The detailed experimental procedure for the CBS obser-
vation has been published elsewhere [13]. For the Sr ex-
periment, the signal is obtained using a collimated resonant
probe beam with a waist of 3 mm. To avoid any effects
linked to the saturation of the optical transition (nonlinear-
ities, inelastic radiation spectrum) [15], the probe intensity
is weak (saturation parameter s � 0.02). The scattered
light is collected in the backward direction by placing a
CCD camera in the focal plane of an achromatic doublet.
The angular resolution of our apparatus is 0.1 mrad,
roughly twice the CCD pixel angular resolution. To avoid
recording the MOT fluorescence signal while recording the
CBS signal, a time-sequenced experiment is developed.
The trapping beams and the magnetic field gradient are
switched off during the CBS acquisition sequence (dura-
tion 100 ms) and then switched on to recapture the atoms
(duration 95% of the 6 ms total cycle time). This pro-
cedure also eliminates any possible unwanted nonlinear
wave mixing processes. The whole time sequence is then
repeated as long as necessary for a good signal-to-noise
ratio (typically 15 min in the experiment). During the CBS
sequence, the image field is opened (and then closed dur-
ing the MOT sequence) thanks to a mechanical chopper.
During the CBS probe interaction time, each atom scatters
about 200 photons on average but always remains in
203902-2
resonance since the mean atomic velocity increase is far
below yc. Consequently, most of them are recaptured
during the following MOT sequence. The CBS images
(see Fig. 1) are finally obtained by subtracting the back-
ground image taken without cold atoms. This background
image is recorded in the absence of the magnetic gradient
during all the acquisition time. We thus checked that
the fluorescence signal from the residual Sr atoms was
negligible.

In the helicity preserving channel (h k h), the enhance-
ment factor is found to be a � 1.86 6 0.10 with an opti-
cal thickness of b � 2.9 (see Fig. 2), slightly lower than
the theoretical prediction a � 2. Several experimental
issues can explain the difference. The finite angular reso-
lution of the detection apparatus lowers the CBS en-
hancement factor by an amount evaluated to da � 0.06.
Because single scattering contributes more than 90% of the
total signal in the two authorized channels (see Table I),
the reduction of the cone contrast due to imperfect polar-
ization channel isolation in the h k h is not negligible. We
have measured, in the limit of low optical thickness where
single scattering dominates over multiple scattering, the
fraction of detected light in the forbidden h k h channel
with respect to the total scattered light. We found a chan-
nel isolation about 5 3 1024 leading to a reduction of
da � 0.03. Note that single scattering depolarization

h  h
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h ⊥ h
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lin  lin
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lin ⊥ lin
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FIG. 1. Isocontours of the coherent backscattering cones ob-
tained on a cloud of cold strontium atoms in the four polar-
ization channels. We plot the CBS signal after subtraction of
the large angle background, as a function of the backscattering
angle. All cone heights have been scaled to 1. For better sig-
nal/noise the images have been symmetrized. The total angular
range is 1 mrad. The lowest isocontour corresponds to roughly
20% of the peak intensity. For the linear channels, the incident
polarization is horizontal.
203902-2
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FIG. 2. Angular scan of the CBS cone for the h k h polarization
channel. The optical thickness is b � 2.9. The experimental
data are represented by open circles. For better signal/noise we
perform an angular averaging of the original image. The solid
line is the result of a Monte Carlo calculation taking into account
the geometry of the atomic cloud (Gaussian distribution of the
atomic density with rms radius value 0.45 mm) and experimental
imperfections like the polarization channel isolation and angular
resolution effects. The agreement is clearly excellent. The
measured width of the cone is DuCBS � 0.50 6 0.04 mrad.

induced by a stray magnetic field acts here like an im-
perfect polarization isolation. For this reason, its impact
on the cone reduction has been minimized during the
channel isolation procedure. Another possible source

TABLE I. Comparison between the CBS enhancement factor
and peak width measured in the experiment with the results of
a Monte Carlo calculation, for optical thickness b � 2. In each
polarization channel, the experimental enhancement factor a is
given with a 62s error bar. For linear polarization channels,
the DuCBS values are given only for scans parallel to the in-
cident polarization. The results of MC simulation (noted MC)
are given for a Gaussian distribution of the cloud with a rms
radius value 0.45 mm. The experimental imperfections, such as
the polarization channel isolation and angular resolution effects,
have been taken into account in the MC simulation values noted
MC�. The “Background” column shows the relative contribu-
tion of the channel to the total large angle scattered intensity in
the backward direction.

Channel Background a DuCBS �mrad�

h k h Exp. 7.5% 1.77 6 0.13 0.52 6 0.07
MC 7.8% 2 0.48
MC� 7.8% 1.87 0.52

h�h Exp. 92.5% 1.17 6 0.03 0.71 6 0.10
MC 92.2% 1.20 0.69
MC� 92.2% 1.19 0.75

lin k lin Exp. 96.0% 1.17 6 0.03 0.9 6 0.2
MC 95.5% 1.24 0.92
MC� 95.5% 1.22 0.98

lin�lin Exp. 4.0% 1.59 6 0.20 0.5 6 0.3
MC 4.5% 1.74 0.48
MC� 4.5% 1.62 0.49
203902-3
of contrast reduction is a Faraday effect induced by the
residual magnetic field [16]. It turns out that, despite the
huge Verdet constant in the atomic gas medium [17], its
effect should be smaller than those previously discussed.
We also checked that the finite transverse size of the
laser beam has no significant influence on the signal.
Taking into account the systematic errors, we find that
the CBS enhancement factor should rather be a � 1.91,
consistent with the measured value. A remaining (but yet
uncontrolled) source of error in determining a is certainly
an imperfect estimation of the background level where the
CBS interference has vanished, i.e., measured at angles
large compared to the cone width u ¿ DuCBS.

In the other polarization channels, we observe lower en-
hancement factors as predicted by the theory (see Table I).
In the lin k lin and h�h channels, the small enhancement
factors are mainly due to the strong single scattering con-
tribution (see the relative large angle background values
given in Table I), which is very important since the op-
tical thickness is not very large. In the lin�lin channel
(where single scattering is absent), the relatively high con-
trast value is explained by the low optical thickness. In-
deed, in this situation, short scattering paths dominate and
double scattering is known to exhibit full interference con-
trast in all polarization channels [18]. In Table I, we also
show data obtained with a Monte Carlo (MC) calculation,
where the amplitude of a multiple scattering path is com-
puted as a function of the initial and final polarizations and
of the geometrical positions of the various scatterers. We
use a Gaussian distribution for the spatial density of scat-
terers and take into account the spatial variations of the
mean-free path during the photon propagation. Our nu-
merical method is tantamount to computing the integral in-
volved in the configuration average using a MC procedure.
Given a spatial configuration of the scatterers, we com-
pute simultaneously the various scattering contributions at
different scattering orders using the “partial photon” trick
[19]. Typically, it is enough to launch less than one million
photons on the medium to get a good signal/noise ratio for
the CBS peak. For all polarization channels, there is a
good agreement for the cone height between experiments
and MC simulations adjusted to take into account the po-
larization channel isolation and angular resolution effects.

The experimental values DuCBS of the FWHM CBS
angular cone width are systematically higher (by a factor
1.4) than the ones given by the MC simulation using the
measured optical thickness b and the size of the atomic
cloud. As discussed above, our experimental procedure
slightly overestimates the size of the cloud. Modifying
the size of the cloud (keeping b constant) results only in
a global multiplication of the angular scale, keeping both
the enhancement factor and the cone shape identical. We
are thus inclined to think that the actual rms radius of
the cloud is �0.45 mm instead of 0.65 mm. With this
corrected value, we observe excellent agreement between
MC and the experimental data in all polarization channels
203902-3
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(see Fig. 2 and Table I). The angular dependence of the
cone shape in the linear channels reflects the anisotropy
of the scatterer’s pattern [18]. In the lin k lin channel, an
elliptical shape with the major axis parallel to the incident
polarization is predicted and indeed observed (Fig. 1c). In
the lin�lin channel, the directions of maximum scattering
are tilted at 45± from the incident polarization, yielding a
“cloverleaf” CBS cone shape (Fig. 1d).

To summarize, we measured the coherent backscatter-
ing cone in four different characteristic polarization chan-
nels. Our results are in good agreement with a Monte
Carlo calculation. The restoration of a full interference
contrast in coherent multiple scattering with atomic gases
(as exemplified by the maximum enhancement factor of 2
obtained in the helicity preserving channel) has interest-
ing potentialities for wave localization experiments with
cold atoms. For example, in the quest for Anderson lo-
calization (which could be obtained only at high density
where kl � 1) where interferences play a crucial role, a
Jg � 0 ! Je � 1 transition appears to be a good choice,
since a degenerate internal structure is known to reduce
the interference significantly [14]. A maximum enhance-
ment factor of 1.2 was found in a Rb experiment [13]. Is
it now possible to increase the cloud density to reach the
Anderson localization threshold? For this purpose, cool-
ing strontium with the intercombination line in a dipole
trap appears to be a promising technique [8].
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Ô=¿ º ¹ ¾ ¸ ¿ Ò^À;×=¶)¸)¸ Ä=¿ ½�½ ¾ »$Õ ¹ Æ=¿ À$¸ ¹ À=½ ¿ ¸ Ö�Ã=º Ò$Ã=»^Á$» ¸ ¿ Ò$À�¿ ½�Ò · ¸ ¹ À�Ô=¹ ½ ¾ º ¿ Ê;¹ Ô*»$½)»�Ô=¿ ØlÉ=½ ¿ Ò^À
Ã=º ÒF¾ ¹ ½ ½ ×�Ù0Ò ¼�¹ Ç$¹ º&¸ Ä=¿ ½.Ô=¹ ½ ¾ º ¿ ÃF¸ ¿ Ò$À�Ô=¿ ½ ¾ »$º Ô=½&»^À�¿ Â�Ã@Ò$º ¸ »^À$¸&Ã=Ä=¹ À=Ò$Â�¹ À=Ò$À;Úl¿ À$¸ ¹ º Û
· ¹ º ¹ À=¾ ¹�Ê;¹ ¸ ¼)¹ ¹ À4Â�É=Õ ¸ ¿ Ã=Õ Ö!½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¹ Ô�¼�» Ç$¹ ½ ×�Ü ¸�¿ ½&À=Ò ¼®Ý$À=Ò ¼0À�¸ Ä=» ¸�¿ À$¸ ¹ º · ¹ º ¹ À=¾ ¹
»^Õ ¸ ¹ º ½�¸ Ä=¹*¼)» Ç$¹!¸ º »^À=½ Ã;Ò^º ¸�»$À=Ô�¾ »$À;Æ
É=À=Ô=¹ º�½ É=¿ ¸ »^Ê=Õ ¹*¾ Ò^À=Ô=¿ ¸ ¿ Ò$À=½ Æ
Ê=º ¿ À=Á�¿ ¸�¸ Ò�»
¾ Ò$Â�Ã=Õ ¹ ¸ ¹*½ ¸ Ò$Ã;×
Þ�Ä=¿ ½�¿ ½�¸ Ä=¹!¶0À=Ô=¹ º ½ Ò^À[È Ò^º�½ ¸ º Ò^À=ÁFÑ�Õ ÒF¾ »$Õ ¿ ß »^¸ ¿ Ò^À4º ¹ Á$¿ Â�¹ Æ�¼0Ä=¹ º ¹
¸ Ä=¹&Ô=¿ ØlÉ=½ ¿ Ò^À*¿ ½0½ É=Ã=Ã=º ¹ ½ ½ ¹ ÔBà á â ×;ã@Ò^º)¸ ¼)¹ À^¸ Ö*Ö$¹ »^º ½ Æ@¸ Ä=¹ º ¹&Ä=» Ç$¹�Ê;¹ ¹ À*¸ º ¹ Â�¹ À=Ô=Ò^É=½
¹ ä=Ã@¹ º ¿ Â�¹ À$¸ »^Õ�»$½0¼)¹ Õ Õ�»$½�¸ Ä=¹ Ò^º ¹ ¸ ¿ ¾ »$Õ�¹ ØlÒ^º ¸ ½0¸ Ò�½ ¸ É=ÔFÖ�¿ À^¸ ¹ º · ¹ º ¹ À=¾ ¹�¹ Ø;¹ ¾ ¸ ½&¿ À*¸ Ä=¹
Â�É=Õ ¸ ¿ Ã=Õ ¹.½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�º ¹ Á$¿ Â�¹�à Í â ×
¶�Ä=»^Õ Õ Â�»$º Ý4¿ ÀB¸ Ä=¿ ½�å@¹ Õ Ô¥¿ ½�¸ Ä=¹�æ)ç0èB¾ Ò^À=¹!¼0Ä=¿ ¾ Ä�¿ ½�Ò^Ê=½ ¹ º Ç$¹ Ôª»^½�»4º ¹ é@¹ ¾ ¸ ¿ Ò$À
ê!ë ìFí$î^ï�ðFî^ï ñ$ò ð=ó ñ$ô$î õFï õ�ö ÷ õ^ø=ó;ö ù ø

úlû ü ýFû þ ÿ���� ��� �&þ � � ü ��� 	�
� � ü � þ ü û
úlû ü ý=û þ ÿ�� � ����� � 	��$ü û���� � �



Ã@¹ »^Ý*¼0¿ ¸ Ä�»^À=Á$É=Õ »^º�¼0¿ ÔF¸ Ä��-á^Ï^Ë$Å�»^¸&Ê=»^¾ ÝF½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á=×;Ü ¸&¾ Ò$º º ¹ ½ Ã;Ò^À=Ô=½.¸ Ò�¸ Ä=¹�¿ ÀFÛ
¾ Ò$Ä=¹ º ¹ À^¸0½ É=Â-Ò ·l¸ ¼)Ò^Û ¼�» Ç$¹ ½�¿ À$¸ ¹ º · ¹ º ¹ À=¾ ¹.Ê@¹ ¸ ¼�¹ ¹ À*»�Ã;Ò^½ ½ ¿ Ê=Õ ¹������ � 	 
�� �)½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á
Ã=» ¸ Ä�»$Â�Ã=Õ ¿ ¸ É=Ô=¹)»$À=Ô�¿ ¸ ½
º ¹ Ç$¹ º ½ ¹ Ô*¾ Ò$É=À^¸ ¹ º Ã=»^º ¸.à  â ×FÞ�Ä=¿ ½
¿ À^¸ ¹ º · ¹ º ¹ À^¸ ¿ »$Õ=¿ À=¾ º ¹ »$½ ¹�Ò^·
¸ Ä=¹�� � � ������� ��� 	 � ��� ����� � � ��� ��Ô=¿ ØlÉ=½ ¹�º ¹ é@¹ ¾ ¸ ¿ Ò^À4Ò Ø�»!Ô=¿ ½ Ò^º Ô=¹ º ¹ Ô4½ »$Â�Ã=Õ ¹�Ô=¹ Ã@¹ À=Ô=½
Ò^À�¸ Ä=¹�À=»^¸ É=º ¹�Ò^·
¸ Ä=¹�½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¹ º&Ê=ÉF¸�»$Õ ½ ÒFÆ;· Ò^º.Ç$¹ ¾ ¸ Ò^º ¿ »$Õ�¼�» Ç$¹ ½�Õ ¿ Ý^¹�Õ ¿ Á$Ä^¸ ÆlÒ^À�¸ Ä=¹
¿ À=Ã=ÉF¸ � Ò$ÉF¸ Ã=ÉF¸�Ã;Ò^Õ »$º ¿ ß »^¸ ¿ Ò^À.¾ Ä=»$À=À=¹ Õ ×^ã@Ò$ºl¾ Õ »$½ ½ ¿ ¾ »$Õ�� 
���� � 	 � ��� �  �� �  ����!� � � 	 �;½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º Û
¹ º ½ Æ^¸ Ä=¹)Â�» ä=¿ Â�É=Â[¹ À=Ä=»$À=¾ ¹ Â�¹ À$¸�· »^¾ ¸ Ò^º�Ò ·=¸ Ä=¹�æ)ç0è�¾ Ò$À=¹)¿ ½�Í0¿ À&¸ Ä=¹#"�$ "�Ä=¹ Õ ¿ ¾ ¿ ¸ ÖFÛ
Ã=º ¹ ½ ¹ º ÇF¿ À=Á&Ã;Ò^Õ »$º ¿ ß »^¸ ¿ Ò^À�¾ Ä=»^À=À=¹ Õ Æ$¿ À=Ô=¹ Ã@¹ À=Ô=¹ À$¸ Õ Ö�Ò ·@¸ Ä=¹�Á$¹ Ò$Â�¹ ¸ º ¿ ¾ »^ÕF½ Ä=»$Ã@¹�Ò^·@¸ Ä=¹
½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�Â�¹ Ô=¿ É=Â#à % â ×�Þ�Ä=¿ ½�¿ ½�½ Ò*· Ò$º.¸ ¼)Ò�º ¹ »$½ Ò^À=½ ×�ã�¿ º ½ ¸ Æ�¿ À�¸ Ä=¹!"�$ "4¾ Ä=»$À=À=¹ Õ
½ ¿ À=Á^Õ ¹
½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á0¿ ½�½ É=Ã=Ã=º ¹ ½ ½ ¹ Ô�Ú · Ò^º�½ Ã=Ä=¹ º ¿ ¾ »^Õ Õ ÖFÛ ½ Ö=Â�Â�¹ ¸ º ¿ ¾
½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¹ º ½ Æ ¸ Ä=¹)Ã@Ò$Õ »^º Û
¿ ß »^¸ ¿ Ò^À*¿ ½0¾ Ò^À=½ ¹ º Ç$¹ Ô�» ¸.Ê=»^¾ ÝF½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á=Æ;Õ ¿ Ý^¹&¿ À!½ Ã@¹ ¾ É=Õ »$º0º ¹ é@¹ ¾ ¸ ¿ Ò^À!Ò^Ø�»�Â�¿ º º Ò^º ×
èF¹ ¾ Ò^À=Ô;Æ�¿ À!¸ Ä=¹�»^Ê=½ ¹ À=¾ ¹�Ò^·)»*Â�»^Á$À=¹ ¸ ¿ ¾�å@¹ Õ Ô;Æl¸ Ä=¹�»^Â�Ã=Õ ¿ ¸ É=Ô=¹ ½.Ò ·)¸ Ä=¹�¿ À$¸ ¹ º · ¹ º ¿ À=Á
Ã=» ¸ Ä=½)»$º ¹0¹ äF»$¾ ¸ Õ Ö�¹ Ó$É=»$Õ@»^¸�Ê=»^¾ ÝF½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�Ê^Ö�Ç=¿ º ¸ É=¹0Ò^·;¸ Ä=¹.º ¹ ¾ ¿ Ã=º ÒF¾ ¿ ¸ Ö�¸ Ä=¹ Ò^º ¹ Â
à & â ×
' ¹.¼0¿ Õ Õ;½ ¹ ¹&¸ Ä=» ¸�¸ Ä=¹�Ò^Ê=½ ¹ º Ç^» ¸ ¿ Ò$À*Ò ·�»�æ)ç�è*¾ Ò$À=¹.¼0¿ ¸ Ä*»�Â�» ä=¿ Â�É=Â ¾ Ò$À^¸ º »$½ ¸0Ò$À
»�º ¹ ½ Ò^À=»$À^¸.» ¸ Ò$Â�¿ ¾.Á^»$½ Æ=Ä=Ò ¼�¹ Ç$¹ º0¿ Â�Ã;Ò^½ ¹ ½)½ ¹ Ç$¹ º ¹�º ¹ ½ ¸ º ¿ ¾ ¸ ¿ Ò$À=½)Ò$À�¸ Ä=¹&¹ äF¸ ¹ º À=»$Õl»^½
¼)¹ Õ Õl»^½0¿ À^¸ ¹ º À=»^ÕlÔ=¹ Á$º ¹ ¹ ½0Ò ·�· º ¹ ¹ Ô=Ò$Â Ò^·�¸ Ä=¹&» ¸ Ò$Â�½ ×=Ü À*½ ¹ ¾ ¸ ¿ Ò$À�á&¼)¹�º ¹ Ç=¿ ¹ ¼[½ Ò^Â�¹
¹ Øl¹ ¾ ¸ ½�º ¹ Õ »^¸ ¹ Ô�¸ Ò(�!� � 	 ����º ¹ ½ Ò^À=»$À^¸�½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¹ º ½ ×
Ü ÀB½ ¹ ¾ ¸ ¿ Ò^À�Í�¼�¹�½ Ä=Ò ¼ Ä=Ò ¼-¸ Ä=¹
¿ À^¸ ¹ º À=»^Õ@½ ¸ º É=¾ ¸ É=º ¹0Ò^·@¸ Ä=¹0» ¸ Ò$Â�¿ ¾)½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¹ º)º ¹ Ô=É=¾ ¹ ½
¸ Ä=¹.æ)ç�è�¾ Ò$À^¸ º »$½ ¸ ×$Ü À�½ ¹ ¾ ¸ ¿ Ò$À
�¹ ä=Ã@¹ º ¿ Â�¹ À$¸ »^Õ�º ¹ ½ É=Õ ¸ ½ ÆlÒ^ÊF¸ »$¿ À=¹ Ô�¿ À*¸ Ä=¹�¼)¹ »^Ý!Õ ÒF¾ »$Õ ¿ ß »^¸ ¿ Ò^À*º ¹ Á^¿ Â�¹�Ë$Å*)�á^Æl»^º ¹
Ã=º ¹ ½ ¹ À^¸ ¹ Ô;×@Þ�Ä=¹ Ö*¾ Ò^ÀFå@º Â-¸ Ä=¹ Ò$º ¹ ¸ ¿ ¾ »^ÕlÃ=º ¹ Ô=¿ ¾ ¸ ¿ Ò^À=½�»$Ê@Ò$ÉF¸)¸ Ä=¹&º Ò$Õ ¹.Ò ·�¸ Ä=¹&¿ À^¸ ¹ º À=»^Õ
½ ¸ º É=¾ ¸ É=º ¹^×
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' Ä=¹ À&¸ Ä=¹�½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�Â�¹ Ô=¿ É=Â\¿ ½;Â�»$Ô=¹�Ò ·=Â�Ò ÇF¿ À=Á�Ã=»$º ¸ ¿ ¾ Õ ¹ ½ Æ »^À=Ô.¸ Ä=¿ ½l¿ ½;¸ Ä=¹�¾ »^½ ¹
¿ À
»^À�»^¸ Ò^Â�¿ ¾�¾ Õ Ò$É=Ô;Æ^¸ Ä=¹�»$Â�Ã=Õ ¿ ¸ É=Ô=¹ ½�Ò^·;¸ Ä=¹�Ô=¿ º ¹ ¾ ¸)»^À=Ô�º ¹ Ç$¹ º ½ ¹.½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á&½ ¹ Ó$É=¹ À=¾ ¹ ½
»^º ¹�À=Ò!Â�Ò$º ¹�Õ ¿ À=Ý^¹ Ô4Ê^Ö4º ¹ ¾ ¿ Ã=º ÒF¾ ¿ ¸ Ö�»$À=Ô4Ò^À=¹�Ò$Ê=½ ¹ º Ç$¹ ½�»!ÔFÖFÀ=»$Â�¿ ¾ »$Õ�Ê=º ¹ »^ÝFÔ=Ò ¼0À
Ò ·�¸ Ä=¹&æ)ç0è�¹ Ø;¹ ¾ ¸�à O â ×=Þ�Ä=¿ ½�º ¹ Ô=É=¾ ¸ ¿ Ò$À�Ò^·l¸ Ä=¹�æ)ç�è*¹ À=Ä=»$À=¾ ¹ Â�¹ À$¸�· »$¾ ¸ Ò$º)Ô=¹ Ã@¹ À=Ô=½
Ò^À!¸ Ä=¹�Ç$¹ Õ ÒF¾ ¿ ¸ Ö!Ô=¿ ½ ¸ º ¿ Ê=ÉF¸ ¿ Ò$À!Ò ·
¸ Ä=¹�Ã=»$º ¸ ¿ ¾ Õ ¹ ½0»$À=Ô*¼�¹�¾ »$À�»^½ ½ ¹ º ¸.Ç$¹ º Ö�Á^¹ À=¹ º »$Õ Õ Ö
¸ Ä=» ¸�¸ Ä=¹&¿ À$¸ ¹ º · ¹ º ¹ À=¾ ¹&¾ Ò$À^¸ º »$½ ¸�¼0¿ Õ Õ;À=Ò^¸0Ê;¹.Â�É=¾ Ä*»^Ø;¹ ¾ ¸ ¹ Ô*Ã=º Ò Ç=¿ Ô=¹ Ô*¸ Ä=¹.Ç$¹ Õ ÒF¾ ¿ ¸ Ö
½ Ã=º ¹ »$Ô*¼0¿ Õ Õ;À=Ò^¸.Ê@¹.¸ ÒFÒ�Õ »$º Á^¹^×=ã@Ò$º�Â�Ò Ç=¿ À=Á�º ¹ ½ Ò^À=»$À^¸.½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¹ º ½ Æ@¼�¹.¼0¿ Õ Õl½ ¹ ¹&¸ Ä=»^¸
P À=Ò^¸�¸ ÒFÒ�Õ »$º Á^¹ Q�¿ Â�Ã;Ò^½ ¹ ½�»�½ ¸ º ¿ À=Á$¹ À$¸0¾ Ò^À=Ô=¿ ¸ ¿ Ò$À�¼0Ä=¿ ¾ Ä*¼0¿ Õ Õ;º ¹ Ó$É=¿ º ¹&Õ »$½ ¹ º�¾ ÒFÒ^Õ ¿ À=Á
¸ ¹ ¾ Ä=À=¿ ÓFÉ=¹ ½�¸ Ò�Ê;¹.· É=Õ å@Õ Õ ¹ Ô;×
¶0½�»0½ ¿ Â�Ã=Õ ¿ ½ ¸ ¿ ¾�½ ¸ »$º ¸ ¿ À=Á�Â�ÒFÔ=¹ Õ Æ ¼)¹
À=¹ Á^Õ ¹ ¾ ¸�Õ ¿ Á^Ä$¸lÃ;Ò^Õ »$º ¿ ß »^¸ ¿ Ò^À.¹ Ø;¹ ¾ ¸ ½)È ½ ¾ »^Õ »$º;¼)» Ç$¹
»^Ã=Ã=º Ò ä=¿ Â�» ¸ ¿ Ò$À@Ñ@»^À=Ô&Ô=¹ ½ ¾ º ¿ Ê;¹�»^¸ Ò^Â�½l»$½lÄ=¿ Á^Ä=Õ Ö.º ¹ ½ Ò^À=»$À^¸�¿ ½ Ò ¸ º Ò$Ã=¿ ¾�½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¹ º ½ ×^Þ�Ä=¹
» ¸ Ò$Â�¿ ¾&º ¹ ½ Ò$À=»^À=¾ ¹�¿ ½0¾ Ä=»^º »$¾ ¸ ¹ º ¿ ß ¹ Ô�Ê^Ö�»�¸ º »$À=½ ¿ ¸ ¿ Ò^À*· º ¹ Ó$É=¹ À=¾ ÖSRFT.¿ À*¸ Ä=¹�Ò^ÃF¸ ¿ ¾ »^Õ
Ô=Ò^Â�»$¿ À�»$À=Ô�»&¸ º »$À=½ ¿ ¸ ¿ Ò^À�¼0¿ ÔF¸ Ä0UBÈ ¸ ÖFÃ=¿ ¾ »^Õ Õ Ö�V WX �[á Y�Z Ñ ×FÞ�Ä=¹0½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¹ º ½)»$º ¹�¸ Ä=¹ À
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· É=Õ Õ Ö�¾ Ä=»^º »$¾ ¸ ¹ º ¿ ß ¹ Ô!Ê^Ö�¸ Ä=¹ ¿ º�¾ Ò$Â�Ã=Õ ¹ ä*¹ Õ ¹ ¾ ¸ º ¿ ¾ »^ÕlÃ@Ò$Õ »^º ¿ ß »^Ê=¿ Õ ¿ ¸ Ö��)È R�Ñ ÆF¼0¿ ¸ Ä;Ú
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½ ¿ À=¾ ¹.¸ Ä=¹.½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�Ô=¿ Ø;¹ º ¹ À$¸ ¿ »^Õ;¾ º Ò$½ ½ Û ½ ¹ ¾ ¸ ¿ Ò$À*¿ ½�& '& ( Ì)'* + ¼0Ä=¹ º ¹.¸ Ä=¹0¸ Ò ¸ »$Õ;¾ º Ò$½ ½ Û½ ¹ ¾ ¸ ¿ Ò^À4¿ ½-,¥Ì/. 0 1 2�1 34 + ×�Þ�Ä=¹�Ç$¹ Õ ÒF¾ ¿ ¸ Ö�Ô=¿ ½ ¸ º ¿ Ê=ÉF¸ ¿ Ò$À�Ò^·�»^¸ Ò^Â�½�Ä=»^½&¸ ÒFÒ!Â�» 5 Ò$º&¾ Ò^ÀFÛ½ ¹ ÓFÉ=¹ À=¾ ¹ ½ Ú)å@º ½ ¸�¸ Ä=¹*»^¸ Ò^Â�¿ ¾�º ¹ ½ Ã@Ò$À=½ ¹!» ¸�¹ »^¾ Ä�½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�Ä=»^½�¸ Ò�Ê;¹*¹ Ç^»$Õ É=» ¸ ¹ Ô
» ¸�»!· º ¹ ÓFÉ=¹ À=¾ Ö�R6�87�9ª¼0Ä=¿ ¾ Ä4¿ ½0� ���=��� ���  �:&Ò^Ã=Ã=Õ ¹ º Û ½ Ä=¿ · ¸ ¹ Ô;×�Þ�Ä=¿ ½�Â�¹ »^À=½&¸ Ä=»^¸
¹ »$¾ Ä�½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á*Ä=»^½.»�Ç^»^º ¿ »$Ê=Õ ¹&½ ¸ º ¹ À=Á ¸ Ä�»$À=Ô!¸ Ä=» ¸.¸ Ä=¹&¼�» Ç$¹�¹ ä=Ã@¹ º ¿ ¹ À=¾ ¹ ½&»�º »^ÀFÛ
Ô=Ò^Â7Ã=Ä=»^½ ¹ Û ÝF¿ ¾ Ý=×
ã@É=º ¸ Ä=¹ º Â�Ò$º ¹ Æ�»^· ¸ ¹ º�½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á!¿ ½�¾ Ò^Â�Ã=Õ ¹ ¸ ¹ Ô;Æ�¸ Ä=¹�¼�» Ç$¹�Ä=»$½�»
· º ¹ ÓFÉ=¹ À=¾ Ö�R � Ì R6�\È 7;�<7 � Ñ 9)×�èF¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á*¿ ½�	 � � � � � � 	 �.»$À=Ô�Ã=º Ò$Ã=»^Á$» ¸ ¿ Ò$À�¿ À�»$À
¹ Øl¹ ¾ ¸ ¿ Ç$¹!Â�¹ Ô=¿ É=Â È É=À^¸ ¿ Õ)¸ Ä=¹*· Ò^Õ Õ Ò ¼0¿ À=Á�½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á$Ñ�ÒF¾ ¾ É=º ½�¼0¿ ¸ ÄB»$ÀBÒ$ÃF¸ ¿ ¾ »$Õ�¿ ÀFÛ
Ô=¹ äB¹ Ç^»^Õ É=»^¸ ¹ Ô�» ¸�º »$À=Ô=Ò^Â7· º ¹ ÓFÉ=¹ À=¾ Ö^×)¶.½�»$ÀBÒ Ç$¹ º »$Õ Õ)¾ Ò^À=¾ Õ É=½ ¿ Ò^À;Æ�¸ Ä=¹ º ¹�¼0¿ Õ Õ)Ê;¹
»�º »^À=Ô=Ò$Â ½ ¸ º ¹ À=Á ¸ Ä¥¿ Â�Ê=»$Õ »^À=¾ ¹�»$À=ÔB»4º »^À=Ô=Ò$Â Ô=¹ Ã=Ä=»$½ ¿ À=Á�Ê;¹ ¸ ¼)¹ ¹ À¥Ô=¿ º ¹ ¾ ¸�»$À=Ô
º ¹ Ç$¹ º ½ ¹�½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á*½ ¹ Ó$É=¹ À=¾ ¹ ½ Æ�Õ ¹ »$Ô=¿ À=Á�¸ Ò*»*º ¹ Ô=É=¾ ¸ ¿ Ò^À�Ò ·)¸ Ä=¹�æ)ç0è!¿ À$¸ ¹ º · ¹ º ¹ À=¾ ¹ ×
= ¹ ¸�É=½�¿ Õ Õ É=½ ¸ º » ¸ ¹�¸ Ä=¿ ½�ÔFÖFÀ=»$Â�¿ ¾ »$Õ)Ê=º ¹ »$Ý$Ô=Ò ¼0ÀB· Ò^º�»�Ã@¹ ¾ É=Õ ¿ »$º�Ô=Ò$É=Ê=Õ ¹�½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á
Ã=» ¸ Ä�È ½ ¹ ¹�å@Á$É=º ¹�á Ñ × ' ¹�¾ Ò$À=½ ¿ Ô=¹ º&»^À�¿ À=¾ Ò^Â�¿ À=Á�º ¹ ½ Ò$À=»^À$¸�Õ ¿ Á^Ä$¸0¼)» Ç$¹!È · º ¹ Ó$É=¹ À=¾ Ö
R�Ì7R T Æ@¼)» Ç$¹ Û Ç$¹ ¾ ¸ Ò$º>7  Ñ)»$À=Ô;Æ=¸ Ò�½ ¿ Â�Ã=Õ ¿ · Ö�¸ Ä=¹&Ô=¿ ½ ¾ É=½ ½ ¿ Ò^À;Æ@¼)¹�Ò^À=Õ Ö*¾ Ò^À=½ ¿ Ô=¹ º�¸ Ä=¹
¹ Øl¹ ¾ ¸�Ò^·lÔ=¹ Ã=Ä=»^½ ¿ À=Á�Ê@¹ ¸ ¼�¹ ¹ À�¸ Ä=¹.Ã=»^¸ Ä=½ ×FÞ�Ä=¹0¸ Ò^¸ »^Õ@Ã=Ä=»$½ ¹0½ Ä=¿ · ¸�» ¸�Ê=»$¾ Ý$½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á
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Í �	��#!á&È º ¹ ½ Ã;×FÍ �"!�#!á̂ ÑlÂ�»$Á̂ À=¹ ¸ ¿ ¾)Õ ¹ Ç$¹ Õ ½ ×$Þ�Ò.· É=Õ Õ Ö�Ô=¹ ½ ¾ º ¿ Ê@¹�½ ¾ » ¸ Û
¸ ¹ º ¿ À=Á=ÆFÒ̂ À=¹.À=¹ ¹ Ô=½
̧ Ò�½ Ã@¹ ¾ ¿ · Ö�̧ Ä=¹0¿ À=¿ ¸ ¿ »$Õ=»̂ À=Ô�å@À=»$Õ@Á$º Ò̂ É=À=Ô=½ ¸ »̂ ¸ ¹0Õ ¹ Ç$¹ Õ ½ ×=Þ)¼)Ò�̧ Ö=Ã@¹ ½
Ò ·ļ º »̂ À=½ ¿ ¸ ¿ Ò$À=½
¾ »$À�ÒF¾ ¾ É=º0Ú$̧ Ä=Ò$½ ¹0Õ ¹ » Ç=¿ À=Á&̧ Ä=¹0¿ À̂ ¸ ¹ º À=»̂ Õ@½ ¸ »̂ ¸ ¹0É=À=»̂ Ø;¹ ¾ ¸ ¹ Ô�È 0» ÖFÕ ¹ ¿ Á̂ Ä
¸ º »̂ À=½ ¿ ¸ ¿ Ò$À=½ Ñ�»$À=Ô�̧ Ä=Ò̂ ½ ¹.¾ Ä=»$À=Á̂ ¿ À=Á�̧ Ä=¹.¿ À̂ ¸ ¹ º À=»̂ Õ;½ ¸ » ¸ ¹�È 0»$Â�»̂ À�̧ º »̂ À=½ ¿ ¸ ¿ Ò$À=½ Ñ ×FÞ�Ä$É=½ Æ
¼0Ä=¹ À�¾ »$Õ ¾ É=Õ »̂ ¸ ¿ À=Á0̧ Ä=¹0æ)ç0è�¾ Ò$À=¹�Ò$À=¹�Ä=»̂ ½�̧ Ò.̧ »$Ý̂ ¹0Ã=º Ò̂ Ã;¹ º Õ Ö�¿ À$̧ Ò.»$¾ ¾ Ò̂ É=À$̧)»$Õ Õ$̧ Ä=Ò$½ ¹
»̂ Õ Õ Ò ¼�¹ Ô*Â�¹ ¾ Ä=»$À=¿ ½ Â�½ ×�#0Ò̂ ¸ ¹0̧ Ä=» 0̧½ ¿ À=¾ ¹&»̂ Õ Õ;Õ ¹ Ç$¹ Õ ½�¿ À�»�Á̂ ¿ Ç$¹ À�Â�É=Õ ¸ ¿ Ã=Õ ¹ �̧Ä=» Ç$¹&½ »̂ Â�¹
¹ À=¹ º Á̂ ¿ ¹ ½ Æ;Õ ¿ Á$Ä̂ .̧½ ¾ »̂ ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�¿ ½.»̂ Õ ¼�» ÖF½0� � � � � 	 � ×;Ù0Ò ¼�¹ Ç$¹ º.½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�¿ ½0À=Ò�Â�Ò$º ¹�Ô=¹ Û
½ ¾ º ¿ Ê;¹ Ô�Ê$Ö&̧ Ä=¹
»̂ ¸ Ò̂ Â�¿ ¾
Ã@Ò$Õ »̂ º ¿ ß »̂ Ê=¿ Õ ¿ ¸ Ö0»$Õ Ò̂ À=¹
»̂ À=Ô�Ò$À=¹
À=Ò ¼�À=¹ ¹ Ô=½ļ Ä=¹�H ��� ��� � ��� � � � 	 ���
� � ��� � � ×FÜ À�Ò ¸ Ä=¹ º�¼�Ò̂ º Ô=½ Æ=� � �!� � ��� ����· ¹ » ¸ É=º ¹ ½)Ò ·�½ ¾ »̂ ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á&¼0¿ Õ Õ@Ê@¹ ¾ Ò$Â�¹0¹ ½ ½ ¹ À$̧ ¿ »̂ Õ ×
Ü )̧¾ »$À�Ê@¹�½ Ä=Ò ¼0À�̧ Ä=» 
̧̧ Ä=¹)¿ À$̧ ¹ º À=»$Õ=½ ¸ º É=¾ ¸ É=º ¹�Ä=»$½�̧ ¼)Ò&Â�» 5 Ò$º�¾ Ò$À=½ ¹ ÓFÉ=¹ À=¾ ¹ ½ ×=ã�¿ º ½ ¸ Æ
Ê@¹ ¾ »$É=½ ¹�0»̂ Â�»$À!̧ º »$À=½ ¿ ¸ ¿ Ò̂ À=½.»$º ¹�É=À=» Ç$Ò$¿ Ô=»̂ Ê=Õ ¹�»$À=Ô�½ ¿ À=¾ ¹�̧ Ä=¹ Ö�»$º ¹�»̂ ¾ ¾ Ò$Â�Ã=»̂ À=¿ ¹ Ô
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§;� �F¦ �^¦^���
�.� �^�^� ��� � � � ¤F� � � � ¢&� �.��� � �&� � � �^¯=�$� � ���^�^�.� � � �^� �^¤$��� � � � � � � � �$�0�.� ¢F� ¤$��¦ §$� �
� �$��� � � ����� ! � ��� � � �$� � � � � �@¨F� �$�.� �$�F� �F� � �.� � ��� � � � � �.� �)� �$� � � �&� � � � � ��� � ©�� ��� � �� � �   � � � � � ¡ � � � � ��� �$� �$�$� � ��©)�$� ��� �^�   � � � ¢�� ��� �$��� � � ����� ! � �.� � � �.©)�^� � �&���
�� � �$� �
� � ��� �^�0� � �.��� �$� ��� � �)�&� � � � � � � � �@¢$�   �^� � � � � � ��� � � � � � � � � ¦
Ê^Ö*»�¾ Ä=»^À=Á$¹&Ò^·�Õ ¿ Á^Ä$¸�Ã@Ò$Õ »^º ¿ ß » ¸ ¿ Ò$À�»^¸0Ê=»^¾ ÝF½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�È ½ ¹ ¹&ã�¿ Á$É=º ¹&Í^Ê@Ñ ÆF¸ Ä=¹&½ ¿ À=Á$Õ ¹
½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�¾ Ò$À^¸ º ¿ Ê=ÉF¸ ¿ Ò$À!¿ ½0À=Ò�Â�Ò$º ¹&½ É=Ã=Ã=º ¹ ½ ½ ¹ Ô�¿ À*¸ Ä=¹�"�$ "!¾ Ä=»$À=À=¹ Õ ×;Þ�Ä=¿ ½.Õ ¹ »$Ô=½
¸ Ò!»!º » ¸ Ä=¹ º.¸ º ¿ Ç=¿ »^Õ)æ)ç�è�¾ Ò$À^¸ º »$½ ¸�º ¹ Ô=É=¾ ¸ ¿ Ò^À4½ ¿ À=¾ ¹�¸ Ä=¹�½ »^Â�¹�¼�Ò^É=Õ Ô4ÒF¾ ¾ É=º&¼0¿ ¸ Ä
¾ Õ »$½ ½ ¿ ¾ »$Õ�� � ��� � 
���� � 	 � ��� �  *�  ���!� � � 	 ��½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¹ º ½ ×;èF¹ ¾ Ò$À=Ô;Æ@»^À=Ô�¸ Ä=¿ ½�Ã;Ò^¿ À$¸�¿ ½�Â�Ò^º ¹
½ É=ÊF¸ Õ ¹ Æ$¸ Ä=¹0¿ À^¸ ¹ º · ¹ º ¿ À=Á&»^Â�Ã=Õ ¿ ¸ É=Ô=¹ ½�»$º ¹�À=Ò&Â�Ò$º ¹�Õ ¿ À=Ý^¹ Ô�¿ À�Á^¹ À=¹ º »$Õ=Ê$Ö�º ¹ ¾ ¿ Ã=º ÒF¾ ¿ ¸ Ö^×
Þ�Ä=¿ ½&¿ ½.Ê;¹ ¾ »^É=½ ¹�É=À=Ô=¹ º.¸ ¿ Â�¹ Û º ¹ Ç$¹ º ½ »$Õ�¸ Ä=¹�»^À=Á$É=Õ »^º.Â�Ò$Â�¹ À$¸ É=Â�Ò^·)»^¸ Ò^Â�½&Ä=»^½.¸ Ò
Ê@¹*é@¿ Ã=Ã;¹ Ô;×)Þ�Ä=¿ ½�Õ ¹ »^Ô=½�¸ Ò4É=À$Ê=»$Õ »^À=¾ ¹ Ô¥»$Â�Ã=Õ ¿ ¸ É=Ô=¹ ½�· Ò^º�¸ Ä=¹!Ô=¿ º ¹ ¾ ¸�»$À=Ô�º ¹ Ç$¹ º ½ ¹
½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�½ ¹ Ó$É=¹ À=¾ ¹ ½0»$À=Ô�¸ Ò�»�Ô=¹ ¾ º ¹ »^½ ¹&Ò^·l¸ Ä=¹�æ)ç0è�¾ Ò$À^¸ º »$½ ¸0»^½�½ ÒFÒ$À*»^½�� � 
7Y
à á$á^Æ á Í â ×^Ü À�¸ Ä=¹#"�$ "�¾ Ä=»$À=À=¹ Õ Æ^¿ ¸�¾ »$À�Ê;¹)½ Ä=Ò ¼0À�¸ Ä=» ¸�¸ Ä=¿ ½�¾ Ò$À^¸ º »$½ ¸�º ¹ Ô=É=¾ ¸ ¿ Ò$À�¾ »^À�Ê;¹
» ¸ ¸ º ¿ Ê=ÉF¸ ¹ Ô�¸ Ò�¸ Ä=¹.»$À^¸ ¿ ½ Ö=Â�Â�¹ ¸ º ¿ ¾.Ã=»^º ¸0Ò^·l¸ Ä=¹&½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�¸ ¹ À=½ Ò$º&à á$á â ×=ã@Ò$º � �0Ì Y
È »^Ê=½ ¹ À=¾ ¹�Ò^·)¿ À^¸ ¹ º À=»^Õ�½ ¸ º É=¾ ¸ É=º ¹�¿ À!¸ Ä=¹�Á^º Ò$É=À=Ô=½ ¸ » ¸ ¹ Ñ ÆlÒ^À=¹�º ¹ ¾ Ò Ç$¹ º ½&¸ Ä=¹�Ã=º ¹ Ç=¿ Ò^É=½
¾ Õ »$½ ½ ¿ ¾ »$Õ�º ¹ ½ É=Õ ¸ ×;ã�¿ Á$É=º ¹**½ Ä=Ò ¼0½.¸ Ä=¹�æ)ç�è�¾ Ò$À=¹�· Ò^º0¸ Ä=¹�· Ò$É=º.É=½ É=»^Õ�Ã;Ò^Õ »$º ¿ ß »^¸ ¿ Ò^À
¾ Ä=»^À=À=¹ Õ ½.»$À=Ô!· Ò$º0¸ ¼�Ò*Ô=¿ Ø;¹ º ¹ À$¸.¸ º »$À=½ ¿ ¸ ¿ Ò^À=½.¿ À�»�½ ¹ Â�¿ Û ¿ ÀFå@À=¿ ¸ ¹�Â�¹ Ô=¿ É=Â*×;ã@Ò^º0¸ Ä=¹
� � ÌGY�� � ! Ì�á�¸ º »$À=½ ¿ ¸ ¿ Ò^À;Æl¾ Ò^À=¹ ½�½ Ä=»^Ã;¹�»^À=Ô4Ä=¹ ¿ Á$Ä^¸�»^º ¹�¸ Ä=¹�½ »$Â�¹�¸ Ä=»$À�· Ò$º
»4¾ Õ »$½ ½ ¿ ¾ »$Õ0Ô=¿ Ã@Ò$Õ ¹ Û Õ ¿ Ý^¹�½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¹ º ×�ã@Ò$º�¸ Ä=¹�� � Ì 	� � ! Ì %�¸ º »$À=½ ¿ ¸ ¿ Ò^À;Æ
¸ Ä=¹
¹ À=Ä=»$À=¾ ¹ Â�¹ À$¸0· »^¾ ¸ Ò^º�¿ ½�½ Ö=½ ¸ ¹ Â�»^¸ ¿ ¾ »$Õ Õ Ö�Õ Ò ¼)¹ º)· Ò$º�»^Õ ÕlÃ@Ò$Õ »^º ¿ ß » ¸ ¿ Ò$À�¾ Ä=»$À=À=¹ Õ ½ ×
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Þ�Ä=¹�Ô=¹ ¸ »^¿ Õ ¹ Ô!¹ ä=Ã@¹ º ¿ Â�¹ À$¸ »^Õ�Ã=º ÒF¾ ¹ Ô=É=º ¹&· Ò$º�¸ Ä=¹�æ)ç0è*Ò$Ê=½ ¹ º Ç^»^¸ ¿ Ò^À�Ä=»^½.Ê@¹ ¹ À�Ã=É=ÊFÛ
Õ ¿ ½ Ä=¹ Ô�¹ Õ ½ ¹ ¼0Ä=¹ º ¹&à á  â ×^ç)º ¿ ¹ é=Ö^Æ ¸ Ä=¹�½ ¿ Á^À=»$Õ$¿ ½�Ò^ÊF¸ »$¿ À=¹ Ô�É=½ ¿ À=Á.».¾ Ò^Õ Õ ¿ Â�»^¸ ¹ Ô&º ¹ ½ Ò^À=»$À^¸
Ã=º Ò^Ê;¹.¼0¿ ¸ Ä*»�Ê;¹ »$Â®¼�»^¿ ½ ¸.Ê=¿ Á^Á$¹ º)¸ Ä=»^À*¸ Ä=¹.½ ¿ ß ¹&Ò ·�¸ Ä=¹&¾ Õ Ò^É=Ô�È � á  #!Ñ ×=Þ�Ò�» Ç$Ò$¿ Ô
»^À$Ö�¹ Øl¹ ¾ ¸ ½&Õ ¿ À=Ý^¹ Ô�¸ Ò�¸ Ä=¹�½ » ¸ É=º »^¸ ¿ Ò^À�Ò^·
¸ Ä=¹�Ò$ÃF¸ ¿ ¾ »$Õ�¸ º »^À=½ ¿ ¸ ¿ Ò$ÀBÈ À=Ò$ÀFÛ Õ ¿ À=¹ »^º ¿ ¸ ¿ ¹ ½ Æ
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¿ À=¹ Õ »$½ ¸ ¿ ¾0º »$Ô=¿ » ¸ ¿ Ò$À�½ Ã@¹ ¾ ¸ º É=Â�Ñ.à á %^â Æ=¸ Ä=¹.Ã=º Ò$Ê@¹&¿ À^¸ ¹ À=½ ¿ ¸ Ö*¿ ½
¼�¹ »$Ý�È ½ » ¸ É=º »^¸ ¿ Ò^À*Ã=» Û
º »^Â�¹ ¸ ¹ º��>M á Ñ ×@Þ�Ä=¹�½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¹ Ô!Õ ¿ Á$Ä^¸0¿ ½�¾ Ò^Õ Õ ¹ ¾ ¸ ¹ Ô*¿ À�¸ Ä=¹&Ê=»$¾ Ý^¼�»^º Ô�Ô=¿ º ¹ ¾ ¸ ¿ Ò^À*Ê$Ö
Ã=Õ »^¾ ¿ À=Á�»�æ�æ :[¾ »^Â�¹ º »�¿ À�¸ Ä=¹.· ÒF¾ »$Õ;Ã=Õ »$À=¹.Ò ·�»^À*»$¾ Ä=º Ò^Â�»^¸ ¿ ¾.Ô=Ò^É=Ê=Õ ¹ ¸ ×=Þ�Ä=¹�æ)ç�è
¾ Ò$À=¹)Ã=Õ Ò ¸ ½�½ Ä=Ò ¼0À�¿ À.å@Á$É=º ¹ %0»$º ¹
Ò$ÊF¸ »^¿ À=¹ Ô�¿ À.¸ Ä=¹#"�$ "�Ã;Ò^Õ »$º ¿ ß »^¸ ¿ Ò^À;× ¶.½�Ã=º ¹ Ô=¿ ¾ ¸ ¹ Ô;Æ
¸ Ä=¹�¹ À=Ä=»$À=¾ ¹ Â�¹ À$¸.· »$¾ ¸ Ò$º0¿ ½0½ ¸ º Ò^À=Á$Õ Ö!º ¹ Ô=É=¾ ¹ Ô!· Ò$º�¸ Ä=¹ 0Ê*¸ º »$À=½ ¿ ¸ ¿ Ò^À;×;Ù0Ò ¼�¹ Ç$¹ º.»
Ó$É=»$À^¸ ¿ ¸ »^¸ ¿ Ç$¹&¾ Ò^Â�Ã=»$º ¿ ½ Ò^À�¼0¿ ¸ Ä*¸ Ä=¹ Ò^º Ö!¾ »$Õ Õ ½)· Ò$º�½ Ò$Â�¹&¾ »$º ¹�½ ¿ À=¾ ¹&¸ Ä=¹&¾ »^Õ ¾ É=Õ » ¸ ¿ Ò$À
»^½ ½ É=Â�¹ ½�»^À*Ä=Ò^Â�Ò$Á^¹ À=¹ Ò$É=½)½ ¹ Â�¿ Û ¿ ÀFå@À=¿ ¸ ¹0Â�¹ Ô=¿ É=Â®¼0Ä=¹ º ¹ »$½)¸ Ä=¹ 0Ê�¹ äFÃ;¹ º ¿ Â�¹ À^¸0¿ ½
Â�»^Ô=¹0Ò^À�»&å@À=¿ ¸ ¹0½ »^Â�Ã=Õ ¹�Ò^· �.»$É=½ ½ ¿ »^ÀFÛ Ô=¿ ½ ¸ º ¿ Ê=ÉF¸ ¹ Ô�»^¸ Ò^Â�½ ×$Ü À�¸ Ä=¿ ½�¸ ÖFÃ;¹0Ò^·lÁ^¹ Ò^Â�¹ Û
¸ º Ö^Æ=¿ ¸�¿ ½�¾ Õ ¹ »^º
¸ Ä=»^¸)¸ Ä=¹.¼)¹ ¿ Á^Ä$¸�Ò^·�Õ Ò^À=Á�½ ¾ »^¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�Ã=»^¸ Ä=½�»^º ¹.Ò Ç$¹ º ¹ ½ ¸ ¿ Â�»^¸ ¹ Ô�¼0¿ ¸ Ä
º ¹ ½ Ã;¹ ¾ ¸�¸ Ò*¸ Ä=¹�å@À=¿ ¸ ¹�½ ¿ ß ¹�½ »$Â�Ã=Õ ¹�¾ »^½ ¹^×�ç)¹ ½ ¿ Ô=¹ ½ Æ�¸ Ä=¹ Ò^º ¹ ¸ ¿ ¾ »$Õ
¾ »^Õ ¾ É=Õ » ¸ ¿ Ò$À=½&½ Ä=Ò ¼
¸ Ä=» ¸�¸ Ä=¹)Â�» 5 Ò^º�¾ Ò^À$¸ º ¿ Ê=ÉF¸ ¿ Ò^À�Ò^·=¸ Ä=¹�æ)ç0è&¾ Ò^À=¹�¾ Ò$Â�¹ ½�· º Ò^Â[Õ Ò ¼B½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á.Ò^º Ô=¹ º ½ ×
Þ�Ä$É=½ Æl¾ Ò^À=½ ¿ Ô=¹ º ¿ À=Á�Ò^À=Õ Ö*¸ Ä=¹�½ ¿ À=Á$Õ ¹&»$À=Ô�Ô=Ò^É=Ê=Õ ¹�½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¿ À=Á�¹ Ç$¹ À$¸ ½ Æ;¸ Ä=¹�¹ À=Ä=»$À=¾ ¹ Û
Â�¹ À$¸.· »$¾ ¸ Ò$º.¿ ½.Ã=º ¹ Ô=¿ ¾ ¸ ¹ Ô!¸ Ò*Ê@¹ � 
 � �� 5 Ì á�� á /�à á Y â ×lÞ�Ä=¹�¹ äFÃ;¹ º ¿ Â�¹ À^¸ »$ÕlÇ^»$Õ É=¹�¸ Ä$É=½¿ À^¸ ¹ º Ã@Ò$Õ » ¸ ¹ ½�À=¿ ¾ ¹ Õ Ö�¸ Ä=¹ ½ ¹.¸ ¼)Ò�¹ äF¸ º ¹ Â�¹�Ã=º ¹ Ô=¿ ¾ ¸ ¿ Ò^À=½ ×;ã@Ò^º)¸ Ä=¹�èFº0¹ ä=Ã@¹ º ¿ Â�¹ À$¸ Æ=¸ Ä=¹
¹ À=Ä=»$À=¾ ¹ Â�¹ À$¸
· »^¾ ¸ Ò^º�¿ ½�· Ò^É=À=Ô�¸ Ò&Ê@¹ ��Ì[á�� ��O�Æ$½ Õ ¿ Á$Ä^¸ Õ Ö�Õ Ò ¼)¹ º�¸ Ä=¹)¸ Ä=¹ Ò$º ¹ ¸ ¿ ¾ »^Õ=Ã=º ¹ Û
Ô=¿ ¾ ¸ ¿ Ò$À-��Ì\ÍF×$èF¹ Ç$¹ º »$Õ=¹ ä=Ã@¹ º ¿ Â�¹ À$¸ »^Õ=¿ ½ ½ É=¹ ½
¾ »$À�¹ äFÃ=Õ »$¿ À&¸ Ä=¹�Ô=¿ Øl¹ º ¹ À=¾ ¹ � ¸ Ä=¹)å@À=¿ ¸ ¹
»^À=Á$É=Õ »^º.º ¹ ½ Ò$Õ ÉF¸ ¿ Ò^À!Ò^·
¸ Ä=¹�Ô=¹ ¸ ¹ ¾ ¸ ¿ Ò^À�»$Ã=Ã=»^º »^¸ É=½.»^À=Ô!¸ Ä=¹�¿ Â�Ã@¹ º · ¹ ¾ ¸.Ã;Ò^Õ »$º ¿ ß »^¸ ¿ Ò^À
¾ Ä=»^À=À=¹ Õl¿ ½ Ò$Õ » ¸ ¿ Ò$À!à á & â ×@Ü À*å@Á^É=º ¹�%FÆ=¸ Ä=¹&¹ ä=Ã@¹ º ¿ Â�¹ À$¸ »^Õ�èFº0æ)ç�è*¾ Ò$À=¹&¿ ½�¾ Ò$Â�Ã=»^º ¹ Ô
¸ Ò�»�$!Ò^À$¸ ¹ Û æ)»^º Õ Ò�½ ¿ Â�É=Õ »^¸ ¿ Ò^À�à á�& â ×@Þ�Ä=¹&»^Á$º ¹ ¹ Â�¹ À$¸0¿ ½�¾ Õ ¹ »$º Õ Ö�¹ äF¾ ¹ Õ Õ ¹ À^¸ ×
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Þ�Ò�½ É=Â�Â�»$º ¿ ß ¹^Æ�¼�¹!Ä=» Ç$¹!½ Ä=Ò ¼0ÀB¸ Ä=»^¸�¸ Ä=¹!¿ À^¸ ¹ º À=»^Õ�½ ¸ º É=¾ ¸ É=º ¹!»^À=ÔB¸ Ä=¹*Ç$¹ Õ ÒF¾ ¿ ¸ Ö
Ô=¿ ½ ¸ º ¿ Ê=ÉF¸ ¿ Ò^À�Ò^·�º ¹ ½ Ò^À=»$À^¸0½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¹ º ½0Õ ¿ Ý^¹.» ¸ Ò$Â�½)Ä=» Ç$¹&»�Ô=¹ ¹ Ã*¿ Â�Ã=»^¾ ¸�Ò^À�¸ Ä=¹�æ)ç�è
¹ Øl¹ ¾ ¸ ×=Þ�Ä=¹.ÔFÖ=À=»^Â�¿ ¾ »^Õ;Ê=º ¹ »$Ý$Ô=Ò ¼0À*¿ À=Ô=É=¾ ¹ Ô*Ê^Ö�¸ Ä=¹.Â�Ò ¸ ¿ Ò$À�Ò ·l¸ Ä=¹.½ ¾ » ¸ ¸ ¹ º ¹ º ½�¾ »^À
Ê@¹.Â�»$Ô=¹0À=¹ Á^Õ ¿ Á$¿ Ê=Õ ¹�»^¸)¸ Ä=¹.¹ äFÃ;¹ À=½ ¹&Ò^·�É=½ ¿ À=Á�Õ »^½ ¹ º Û ¾ ÒFÒ^Õ ¹ Ô�»^¸ Ò^Â�½ ×��0ÀF· Ò$º ¸ É=À=» ¸ ¹ Õ Ö^Æ
¸ Ä=¹�¿ À^¸ ¹ º À=»^Õ�½ ¸ º É=¾ ¸ É=º ¹�¿ º º ¹ Ç$ÒF¾ »^Ê=Õ Ö*Õ ¹ »^Ô=½�¸ Ò�Ç$¹ º Ö�½ Â�»^Õ Õl¹ À=Ä=»^À=¾ ¹ Â�¹ À^¸.· »$¾ ¸ Ò$º ½0¿ À
»^Õ ÕFÃ;Ò^Õ »$º ¿ ß »^¸ ¿ Ò^À&¾ Ä=»$À=À=¹ Õ ½
»^½�½ ÒFÒ$À�»^½�¸ Ä=¹�» ¸ Ò$Â�¿ ¾)Á^º Ò$É=À=Ô=½ ¸ » ¸ ¹�¿ ½�Ô=¹ Á^¹ À=¹ º »^¸ ¹ ×$Þ�Ä=¿ ½
Ä=»^½0Ê;¹ ¹ À!¹ ÇF¿ Ô=¹ À=¾ ¹ Ô�Ê^Ö!¹ äFÃ;¹ º ¿ Â�¹ À^¸ ½0Ò$À�0É=Ê=¿ Ô=¿ É=Â*×�0¹ ½ ¸ Ò^º »^¸ ¿ Ò^À!Ò ·
»�· É=Õ Õl¿ À$¸ ¹ º Û
· ¹ º ¹ À=¾ ¹�¾ Ò$À^¸ º »$½ ¸.¿ ½�Ò^ÊF¸ »$¿ À=¹ Ô*¼0¿ ¸ Ä*À=Ò$À*Ô=¹ Á^¹ À=¹ º »^¸ ¹&»^¸ Ò^Â�½�Õ ¿ Ý^¹&¿ À�¸ Ä=¹�è$¸ º Ò$À^¸ ¿ É=Â
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Vuletic, W. König, T.W. Hänsch, ”A compact grating-stabilized diode laser
system for atomis physics”, Optics Comm., Vol. 117, p. 541 - 549, 1995.

[111] K.B. MacAdam, A. Steinbach, C. Wieman, ”A narrow-band tunable diode
laser sytem with grating feedback, and a satured absorption spectrometer
for Cs and Rb”, Am. J. Phys., Vol. 60, No 12, p. 1098, December 1992.

[112] J.G. Ziegler, N.B. Nichols, ”Optimum settings for automatic controllers”,
Trans. ASME 64, p. 749, 1942.

[113] Kaminov et al, IEEE J. Quantum Electron., QE-19, p.493, 1983.

[114] T.W. Hansch and B. Couillaud, ”Laser frequency stabilization by polariza-
tion spectroscopy of a reflecting reference cavity”, Optics Com., Vol. 35, No.
3, p. 441, December 1980.

[115] K.L. Corwin, T.L. Zheng, C.F. Hand, R.J. Epstein, C.E. Wieman,
”Frequency-stabilized diode laser with Zeeman shift in an atomic vapor”,
Applied Optics, Vol. 37, No. 15, p. 3295-8, May 1998.

[116] D. Hils and J.L. Hall, ”Ultra-Stable Cavity-Stabilized Lasers with Subhertz
Linewidth”, Frequency Standard and Metrology, p.162, Editor : A. De Mar-
chi, Springer-Verlag Berlin, Heidelberg 1989.

[117] Ch. Salomon, D. Hils, J.L. Hall, ”Laser stabilization at the millihertz level”,
J. Opt. Soc. Am. B, Vol. 5, No. 8, p. 1576, August 1988.

[118] X. Zhu, D. Cassidy, ”Modulation spectrocopy with a semiconductor diode
laser by injection-current modulation”, J. Opt. Soc. Am. B, Vol. 14, No. 8,
p. 1945, 1997.

[119] A. Schoof, J. Grünert, S. Ritter, A. Hemmerich, ”Reducing the linewidth
of a diode laser below 30 Hz by stabilization to a reference cavity with a
finesse above 105”, Optics Letters, Vol. 26, No. 20, October 2001.

[120] M. Kasevich, S. Chu, ”Laser cooling below a photon recoil with three-level
atoms”, Phys. Rev. Lett., Vol. 69, p. 1741, 1992.



BIBLIOGRAPHIE 375

[121] H. Wallis, W. Ertmer, ”Broadband laser cooling on narrow transitions”,
Jounal of the Optical Society of America B, Vol. 6, No. 11, p. 2211, November
1989.

[122] K. Mølmer, ”Limits of Doppler cooling in pulsed laser fields”, Phys. Rev.
Lett., Vol. 66, No 18, p. 2301, May 1991.

[123] J. Hack, L. Liu, M. Olshanii, H. Metcalf, ”Velocity-selective coherent po-
pulation trapping of two-level atoms”, Phys. Rev. A, Vol. 62, p. 013405,
2000.

[124] C. Cohen-Tannoudji, ”Atomic motion in laser light”, Les Houches Session
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Résumé

Dans cette thèse, nous présentons la réalisation d’un piège magnéto-optique
de strontium chargé à partir d’un jet atomique ralenti par laser. Pour cela, nous
avons développé un laser bleu à 461 nm de puissance 200 mW obtenu en dou-
blant la fréquence d’un laser infrarouge à semi-conducteur. Notre piège magnéto-
optique nous a permis de piéger 107 atomes à une température de 8 mK.

Nous avons utilisé ce gaz d’atomes froids de strontium pour étudier l’effet
des interférences en diffusion multiple. Plus particulièrement, nous avons mesuré
le cône de rétrodiffusion cohérente en utilisant de la lumière résonnante avec la
transition J = 0 - J = 1 du strontium. Le facteur d’amplification proche de 2
obtenu dans le canal h ‖ h montre que contrairement au rubidium, l’effet des
interférences en diffusion multiple qui jouent un rôle crucial dans la localisation
forte n’est pas réduit sur strontium.

En vu de réaliser un piège magnéto-optique sur la transition étroite du
strontium, nous avons développé un laser à 689 nm asservi en fréquence sur une
cavité ultrastable. Nous avons mesuré une largeur spectrale inférieure à 1 kHz
qui est suffisante pour l’expérience. Enfin, nous présentons une étude théorique
du refroidissement Doppler sur une transition étroite.

Abstract

In this thesis we present the realization of a magneto-optical trap of strontium
loaded from a laser slowed atomic beam. We have constructed a 200 mW blue
laser at 461 nm by frequency doubling an amplified laser diode. Our device has
allowed us to trap 107 atoms at a temperature of 8 mK.

We have used this cold strontium cloud to study interference effects in multiple
scattering. More precisely, we have measured the coherent backscattering cone
using light resonant with the J=0 - J=1 transition of strontium. The enhancement
factor close to 2 obtained in the polarization channel h ‖ h shows that, as opposed
to rubidium, the effect of interferences in multiple scattering, which play a crucial
role in strong localization, are not reduced in strontium.

In order to achieve a magneto-optical trap on the narrow transition of
strontium we have frequency locked a laser at 689 nm to an ultrastable cavity.
We have measured a spectral linewidth below 1 kHz which is sufficient for the
experiment. Finally, we present a theoretical study of Doppler cooling on a
narrow transition.

Mots clés : strontium, piège magnéto-optique, refroidissement laser, diffusion
multiple, rétrodiffusion cohérente, laser stabilisé en fréquence, refroidissement
Doppler sur transition étroite.




