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Introduction

Le début du 20ème siècle a vu l’émergence de la mécanique quantique permettant notamment
d’expliquer deux phénomènes physiques encore incompris à l’époque : le rayonnement du corps
noir et l’effet photo-électrique. En 1900, Max Planck postule que les échanges d’énergie entre
la matière et la lumière se font par quanta d’énergie [1], ce qui lui a permis d’expliquer la
catastrophe ultraviolette du rayonnement du corps noir. En 1905, Albert Einstein explique l’effet
photo-électrique, qui lui a valu le prix Nobel en 1921, en postulant que la lumière est constituée
de particules possédant chacune un quantum d’énergie hν, avec h la contante de Planck et ν la
fréquence du rayonnement, ces particules sont appelées plus tard photons. Le concept de dualité
onde corpuscule de la lumière est étendu aux particules matérielles par Louis de Broglie en 1924
[2]. Il postule qu’à chaque particule de masse m et de quantité de mouvement p, une longueur
d’onde λ = h/p lui est associée. Une des premières expériences mettant en évidence le caractère
ondulatoire de la matière est celle de C. J. Davisson et L. H. Germer [3], consistant à envoyer
un faisceau d’électrons sur un cristal de nickel.

La nature ondulatoire de la lumière est exploitée dans les expériences d’interférométrie.
Les interféromètres optiques ont servi par exemple à tester la relativité restreinte. L’expérience
d’interférométrie optique de Michelson et Morley a permis de réfuter l’existence de l’éther [4], et
a mis en évidence l’invariance de la vitesse de la lumière par changement de référentiel galiléen.
Plus récemment, les interféromètres LIGO et VIRGO ont détecté des ondes gravitationnelles [5],
prédites par la relativité générale établie en 1915.

Les premières expériences d’interférométrie avec des particules de matière ont été réalisées
avec des électrons en 1952 [6], et plus tard avec des neutrons en 1974 [7]. Dans les années 90, les
premiers interféromètres atomiques ont été réalisés, ils ont notamment bénéficié des techniques
de manipulation des états externes des atomes par laser. La diversité des propriétés physiques
des atomes telles que leur masse, leur moment magnétique, leur polarisabilité ou leur structure
interne, en font des bons candidats pour réaliser des mesures de constantes fondamentales par
interférométrie, telles que la constante de structure fine [8, 9], la constante de gravitation G
[10, 11], ou pour réaliser des tests de relativité générale tels que le principe d’équivalence [12, 13]
ou la détection d’ondes gravitationnelles [14]. L’interférométrie atomique permet aussi de sonder
la structure interne des atomes, avec par exemple des mesures de la polarisabilité [15, 16] ou de
la longueur d’onde d’extinction [17, 18].

Une des avancées majeures en optique atomique est la réalisation de condensats de Bose-
Einstein. Cet état de la matière a été prédit par A. Einstein en 1925 [19] s’inspirant des travaux
de S. Bose sur la statistique quantique des photons, et observé pour la première fois en 1995 dans
des gaz d’alcalins [20, 21]. L’utilisation des condensats a permis depuis de faire des avancées en
physique atomique, ainsi que dans le domaine de la matière condensée, parmi ces avancées nous
pouvons noter les expériences d’interférences entre deux condensats [22, 23], la réduction de la
vitesse de la lumière par transparence induite électromagnétiquement [24], et l’observation de la
transition entre l’état superfluide et isolant de Mott dans un réseau optique [25].

L’utilisation des condensats en interférométrie atomique n’a été envisagée que bien après sa
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2 INTRODUCTION

première réalisation. En effet, comparés aux sources d’atomes thermiques (jet d’atomes, mélasses
optiques), les condensats sont plus difficiles à obtenir et fournissent un flux plus faible. De plus,
la présence d’interactions peut rajouter des effets systématiques sur la phase en sortie de l’inter-
féromètre [26]. Néanmoins, les interféromètres utilisant des sources d’atomes froids atteignent
leurs limites [27, 28]. Or, les propriétés de cohérence temporelle et spatiale (faible dispersion en
vitesse longitudinale et transverse) des condensats pourraient permettre de dépasser ces limites,
rendant ces sources intéressantes pour l’interférométrie atomique.

Les interféromètres atomiques peuvent aussi être utilisés comme capteurs inertiels, capables
de mesurer des accélérations [29], des rotations [30], et des gradients de gravité [31] avec des
précisions comparables à l’état de l’art. Des recherches sont alors menées pour réaliser des
dispositifs plus compacts pour être transportables, que ce soit pour des applications sur Terre
comme en géophysique, ou dans l’espace, pour, par exemple, l’étude du géoïde terrestre. Cette
compacité est rendue possible grâce à l’utilisation de puces à atomes, rendant les expériences
transportables et moins couteuses en énergie.

Travail de thèse

Ma thèse s’est déroulée au sein de l’équipe interférométrie atomique du LCAR entre 2016 et
2019. Mon travail a consisté à réaliser une source d’atomes ultra-froids de rubidium 87. Une autre
partie de mon travail, réalisée en collaboration avec Julien Alibert pendant ma première année de
thèse, a consisté à optimiser et caractériser le piège magnétique de la puce à atomes fabriquée au
LCAR. Pendant la deuxième année, j’ai dimensionné et mis en place un piège dipolaire optique
en utilisant un laser à 1070 nm et un laser à 1560 nm. En parallèle, j’ai contribué à l’élaboration
du système laser qui sera utilisé pour réaliser le réseau optique de diffraction. Par ailleurs, j’ai
réalisé des simulations numériques de la diffraction de Bragg à ordre élevé pour dimensionner
le système laser. Nous avons aussi développé un modèle analytique pour calculer l’impact d’un
bruit de phase sur le signal en sortie d’un interféromètre utilisant de multiples impulsions laser.

Plan du manuscript

Chapitre 1. J’introduis les concepts permettant de comprendre le fonctionnement d’un
interféromètre atomique. Dans une première partie, j’expose le principe d’un interféromètre, les
séparatrices à grands transferts de quantité de mouvement, et l’intérêt de l’utilisation de sources
ultra-froides. Je présente ensuite des applications de l’interférométrie atomique et le test de la
neutralité de la matière que nous envisageons de réaliser.

Chapitre 2. Dans un premier temps, une vue d’ensemble du dispositif expérimental est
présentée, cette partie est suivie d’un rappel sur le processus de refroidissement laser et du piège
magnéto-optique. Par la suite, je décris le système de détection permettant d’analyser le nuage
d’atomes aux différentes étapes du refroidissement. Finalement, je détaille la mise en place et la
caractérisation du piège dipolaire optique obtenu par croisement de deux faisceaux à 1070 nm.

Chapitre 3. Un piège optique à 1560 nm est ajouté au piège à 1070 nm pour augmenter
les fréquences de piégeage et ainsi permettre de réaliser une évaporation forcée menant jusqu’à
l’obtention d’un condensat. Après un rappel sur la condensation, j’expose un modèle simple
d’évaporation dans un piège optique. La configuration du piège et la séquence d’évaporation
expérimentale sont ensuite détaillées. Je finis par présenter une étape supplémentaire visant à
réduire la dispersion en vitesse du nuage, dans le but d’augmenter l’efficacité de diffraction du
nuage par le réseau.

Chapitre 4. Des simulations numériques de la diffraction de Bragg à ordre élevé sont pré-
sentées. Ces simulations permettent de dimensionner le système laser utilisé pour réaliser le
réseau optique. Dans une deuxième partie, je détaille la mise en place du système laser et son
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asservissement en fréquence. Finalement, je présente un modèle analytique que nous avons dé-
veloppé pour calculer l’impact d’un bruit de phase sur le signal en sortie de l’interféromètre. Ce
modèle étend le formalisme de la fonction de sensibilité au cas des séquences avec de multiples
impulsions laser.

Chapitre 5. Ce chapitre présente la puce à atomes fabriquée au LCAR, qui utilise un piège
magnéto-optique miroir et permet de créer un piège magnétique de taille millimétrique. Je décris
les caractéristiques de notre piège magnétique de type Ioffé-Pritchard. Dans une dernière partie,
je détaille les résultats expérimentaux obtenus avec le piège magnétique, et aussi les performances
et limites atteintes avec cette puce.
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Chapitre 1

Concepts pour l’interférométrie
atomique

Sommaire
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1.1.1 Atome à deux niveaux . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 6
1.1.2 Diffraction par un réseau . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 10
1.1.3 Séparatrices à grands transferts de quantité de mouvement . . . . . . . 12
1.1.4 Interférométrie atomique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 17

1.2 Sources d’atomes . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 20
1.2.1 Mélasses optiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 20
1.2.2 Sources ultra froides . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 20

1.3 Etat de l’art en interférométrie atomique . . . . . . . . . . . . . . . . 21
1.3.1 Interférométrie en micro-gravité . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21
1.3.2 Mesure de l’accélération de la pesanteur g . . . . . . . . . . . . . . . . . 21
1.3.3 Mesure de la constante de gravitation G . . . . . . . . . . . . . . . . . . 22
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1.3.5 Constante de structure fine . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23
1.3.6 Détection d’ondes gravitationnelles . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 24

1.4 Test de la neutralité de la matière . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 24
1.4.1 Historiques des mesures . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25
1.4.2 Mesure par interférométrie atomique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25

1.5 Conclusion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 28

L’interférométrie avec des ondes de matière s’étend au delà du domaine des atomes. Des
expériences d’interférométrie ont déjà été réalisées avec des molécules, allant de la molécule
diatomique comme I2 [32] aux molécules organiques [33]. L’intérêt d’étudier des particules de
plus en plus massives est de mieux comprendre la transition entre le comportement quantique
et classique de la matière, et notamment les effets de décohérence [34]. Au delà de la matière
ordinaire, des recherches sont menées pour étudier des particules plus exotiques comme l’anti-
matière, parmi ces recherches, le projet AEGIS vise à étudier l’effet de la force de gravitation
sur l’antihydrogène en utilisant une technique d’interférométrie, le déflectomètre de Moiré [35].

Dans notre expérience, nous utilisons des atomes neutres comme ondes de matière. Ainsi,
je présente, dans ce chapitre, les concepts généraux de l’interférométrie atomique. J’explique
dans un premier temps le principe d’un interféromètre atomique utilisant des réseaux optiques
de diffraction. J’introduis ensuite le principe des séparatrices à grands transferts de quantité de
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6 Chapitre 1 Concepts pour l’interférométrie atomique

Figure 1.1 – Schéma de principe d’un interféromètre à deux ondes. Une onde emprunte deux
chemins cohérents créés et recombinés par des lames séparatrices représentées par
les carrés bleus. Les signaux en sortie S1 et S2 de chaque voie varient de façon
sinusoïdale avec le déphasage ∆ϕ entre les chemins, et sont en opposition de
phase.

mouvement. Je présente enfin certaines applications de l’interférométrie atomique dont le test
de la neutralité de la matière.

1.1 Principe
Le principe d’un interféromètre atomique est similaire à celui d’un interféromètre optique,

dans les deux cas, il s’agit de séparer de façon cohérente une onde incidente en au moins deux
ondes, et de les laisser se propager avant de les recombiner pour observer des franges d’interfé-
rence. Dans le cas de notre interféromètre, les deux chemins sont séparés spatialement, l’onde
est alors dans une superposition cohérente de deux états de quantité de mouvement. Le signal
de sortie correspond aux nombres d’atomes N1 et N2, mesurés dans chacune des deux sorties
avec une imagerie par fluorescence ou par absorption. Comme dans tout interféromètre, la pré-
sence d’interférences se traduit par une modulation sinusoïdale du signal de sortie en fonction
du déphasage ∆ϕ entre les deux chemins, voir figure 1.1. La probabilité P1 de détecter un atome
sur la sortie 1 s’écrit alors :

P1 = N1
N1 +N2

= 1
2 [1 + Ccos(∆ϕ)] (1.1.1)

avec C le contraste des franges d’interférence.
La séparation spatiale d’une onde de matière peut être réalisée par des réseaux matériels

[36], des réseaux magnéto-optiques [37], des doubles puits de potentiel [38], des transitions à
un photon [39], ou par des réseaux optiques avec des transitions multi-photoniques [40, 41].
Les réseaux matériels présentent l’avantage de ne pas être spécifiques à une espèce atomique,
néanmoins, ils ont été délaissés au profit de réseaux optiques présentant un meilleur taux de
transmission. Dans les réseaux, le processus de diffraction produit des états de quantité de
mouvement qui sont séparés par un multiple entier du vecteur d’onde k du réseau.

1.1.1 Atome à deux niveaux
Je rappelle dans un premier temps le modèle de l’atome à deux niveaux dans le cas du

couplage avec un champ électromagnétique, ce modèle nous permet de comprendre comment il
est possible de réaliser des séparatrices et des miroirs. Je traite d’abord le cas sans degrés de
liberté externes pour simplifier le problème et ensuite je prends en compte l’échange de quantité
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de mouvement entre le champ et l’atome. Un traitement plus détaillé peut être trouvé dans la
référence [42].

Modèle sans degrés de liberté externes

Je considère un atome à deux niveaux, avec l’état fondamental |f〉 et l’état excité |e〉, définis
par leur énergie Ef et Ee, tel que Ee−Ef = h̄ω0. Je me place dans l’approximation semi-classique
où le champ électromagnétique est traité comme une onde classique. Supposons que cet atome
soit placé dans un champ électromagnétique classique monochromatique E(t) = E0cos(ωt+ ϕ),
désaccordé par rapport à la transition |f〉 → |e〉 de ∆ = ω − ω0, avec E0(t) dépendant de t,
car l’intensité lumineuse pendant les impulsions peut être modulée dans le temps. L’interaction
peut être vue comme un couplage entre le champ électrique et le moment dipolaire électrique
induit d̂ de l’atome. Dans l’approximation dipolaire électrique, l’hamiltonien total du système
s’écrit donc :

Ĥ = h̄ω0 |e〉 〈e| − d̂.E(t) (1.1.2)

le terme −d̂.E(t) représente l’interaction dipolaire électrique. Ce terme peut s’exprimer en fonc-
tion des éléments de matrice dfe. En définissant la pulsation de Rabi Ω0 = −dfeE0/h̄, l’hamilto-
nien peut se réécrire sous la forme :

Ĥ = h̄ω0 |e〉 〈e|︸ ︷︷ ︸
Ĥ0

+ h̄Ω0(|f〉 〈e|+ |e〉 〈f |)cos(ωt+ ϕ)︸ ︷︷ ︸
V̂

(1.1.3)

L’évolution de la fonction d’onde de l’atome |Ψ(t)〉 est donnée par l’équation de Schrödinger :

ih̄
∂

∂t
|Ψ(t)〉 = Ĥ |Ψ(t)〉 (1.1.4)

Pour calculer l’évolution du système, il est plus facile de passer dans la représentation in-
teraction, pour cela, on pose |Ψ(t)〉I = Û |Ψ(t)〉 et V̂I = Û †V̂ Û avec Û = e−iĤ0t/h̄. La solution
recherchée est alors de la forme :

|Ψ(t)〉I = cf (t) |f〉+ ce(t) |e〉 (1.1.5)

et obéit à l’équation :
ih̄
∂

∂t
|Ψ(t)〉I = V̂I |Ψ(t)〉I (1.1.6)

En projetant l’équation (1.1.6) sur les états |f〉 et |e〉, on peut trouver le système d’équations
différentielles régissant l’évolution des coefficients cf (t) et ce(t).

dcf (t)
dt

= −ice(t)
Ω0
2
(
ei(ωt+ϕ) + e−i(ωt+ϕ)

)
e−iω0t (1.1.7)

dce(t)
dt

= −icf (t)Ω0
2
(
ei(ωt+ϕ) + e−i(ωt+ϕ)

)
eiω0t (1.1.8)

Ces expressions peuvent être simplifiées en faisant l’approximation de l’onde tournante qui
consiste à négliger les termes e±i(ω+ω0)t, oscillants à la fréquence du champ optique dont la
moyenne s’annule sur des temps caractéristiques de l’évolution du système. Les étapes menant
à l’expression des coefficients cf (t) et ce(t) sont décrites dans la référence [42], ces expressions
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sont :

cf (t) = eit∆/2
[(

cosΩRt

2 − i ∆
ΩR

sinΩRt

2

)
cf (0)− ieiϕ Ω0

ΩR
sinΩRt

2 ce(0)
]

(1.1.9)

ce(t) = e−it∆/2
[
−ie−iϕ Ω0

ΩR
sinΩRt

2 cf (0) +
(

cosΩRt

2 + i
∆
ΩR

sinΩRt

2

)
ce(0)

]
(1.1.10)

où ΩR =
√

Ω2
0 + ∆2 est la pulsation de Rabi généralisée. Considérons le cas où l’atome est

initialement dans l’état fondamental |f〉 (cf (0) = 1, ce(0) = 0), la population dans l’état |e〉 est
donnée par Pe(t) = |ce(t)|2 :

Pe(t) =
(Ω0

ΩR

)2
sin2 ΩRt

2 (1.1.11)

avec Pf (t) = 1−Pe(t). La population oscille dans le temps entre les deux états, ce sont les oscil-
lations de Rabi. Pour simplifier les expressions, je me place dans le cas d’une onde résonante avec
la transition atomique, ∆ = 0. Deux états du système sont alors particulièrement intéressants
pour l’interférométrie atomique, il s’agit des états aux instants t tels que Ω0t = π/2 et Ω0t = π.

• Pour Ω0t = π/2, la fonction d’onde du système s’écrit :

|Ψπ
2
〉 = 1√

2
(|f〉 − ie−iϕ |e〉) pour cf (0) = 1 et ce(0) = 0 (1.1.12)

|Ψπ
2
〉 = 1√

2
(−ieiϕ |f〉+ |e〉) pour cf (0) = 0 et ce(0) = 1 (1.1.13)

L’onde atomique se retrouve alors dans une superposition cohérente équiprobable entre
les deux états.
• Pour Ω0t = π, la fonction d’onde s’écrit :

|Ψπ〉 = −ie−iϕ |e〉 pour cf (0) = 1 et ce(0) = 0 (1.1.14)
|Ψπ〉 = −ieiϕ |f〉 pour cf (0) = 0 et ce(0) = 1 (1.1.15)

La population des états s’inverse.

On remarque que lors du transfert de l’atome du niveau |f〉 vers le niveau |e〉, l’état acquiert
une phase +ϕ qui correspond à la phase du laser, et une phase −ϕ pour le transfert de |e〉 vers |f〉.
En effet lors du transfert, la phase de l’onde laser est imprimée sur la fonction d’onde de l’atome,
cette phase est importante car elle contribue au déphasage total en sortie de l’interféromètre.

Modèle avec degrés de liberté externes

Pour comprendre comment séparer spatialement les deux bras de l’interféromètre, il faut
aussi prendre en compte les degrés de liberté externes. En effet, lors du couplage entre le champ
et l’atome, il se produit aussi un échange de quantité de mouvement. On affecte alors à l’atome
une quantité de mouvement p0. Le champ électromagnétique se réécrit en prenant en compte le
vecteur d’onde k :

E(z, t) = E0cos(ωt+ k.r̂ + ϕ) = E0
2
[
ei(k.r̂+ωt+ϕ) + e−i(k.r̂+ωt+ϕ)

]
(1.1.16)

En considérant que l’atome est dans l’état initial |p0〉, le champ électromagnétique agit sur l’état
selon :

eik.r̂ |p0〉 = |p0 + h̄k〉 (1.1.17)
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(a)

(b) (c)

Figure 1.2 – (a) Evolution de la probabilité de l’atome de se trouver dans l’état final
|e,p0 + h̄k〉 en fonction du produit Ωt. (b) Impulsion π/2 créant une super-
position cohérente équiprobable entre les deux états de quantité de mouvement
|f,p0〉 et |e,p0 + h̄k〉, équivalent à une lame séparatrice à atomes. (c) Impulsion
π transférant la totalité de la population d’un état à un autre, équivalent à un
miroir à atomes.

Le champ électromagnétique couple alors les états |p0〉 et |p0 + h̄k〉. Par ailleurs, en considérant
les états internes |f〉 et |e〉 de l’atome, le couplage se fait entre les états |f,p0〉 et |e,p0 + h̄k〉.
L’hamiltonien du système prend alors en compte le terme d’énergie cinétique :

Ĥt = Ĥ + p̂2

2m (1.1.18)

avec Ĥ l’hamiltonien défini par (1.1.2).

L’énergie de chaque état s’écrit alors :

E|f,p0〉 = p2
0

2m (1.1.19)

E|e,p0+h̄k〉 = h̄ω0 + (p0 + h̄k)2

2m (1.1.20)

Le calcul effectué sans les degrés de liberté externes reste valable en remplaçant les états |f〉
et |e〉 par |f,p0〉 et |e,p0 + h̄k〉.

De la même façon que pour les états sans degrés de liberté externes, en ajustant le produit
Ωt, il est possible d’appliquer des impulsions π et π/2, comme représentées figure 1.2.
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• Une impulsion π/2, figure 1.2(b), aura alors pour effet de créer une superposition cohé-
rente entre les états |f,p0〉 et |e,p0 + h̄k〉. Cela crée une séparation spatiale de l’onde
atomique, ce qui est équivalent à une lame séparatrice.
• Une impulsion π, figure 1.2(c), transfert toute la population dans état à un autre, ainsi

on réalise l’équivalent d’un miroir à atomes.

Jusqu’à présent, je n’ai considéré que des transitions à un photon, pouvant être utiles en
interférométrie atomique pour la détection d’ondes gravitationnelles [43]. Dans ce cas, seuls
des atomes ayant des états excités avec une grande durée de vie peuvent être utilisés, comme
par exemple les transitions d’horloge optiques d’alcalino-terreux. Pour s’affranchir du problème
de la durée de vie de l’état excité, des transitions multi-photoniques sont souvent utilisées, elles
couplent alors des états électroniques fondamentaux dont les durées de vie sont grandes devant le
temps de l’interféromètre, elles offrent aussi la possibilité d’augmenter le nombre de h̄k transféré.

1.1.2 Diffraction par un réseau
Je rappelle le principe des transitions à deux photons, puis je généraliserai au cas des transi-

tions d’ordre plus élevé. Je considère un réseau formé de deux ondes contra-propageantes planes
progressives monochromatiques, de même polarisation et amplitude avec des pulsations ajus-
tables ω1 et ω2 représentées sur la figure 1.3(a), telles que ω2−ω1 � ω1, ω2. La différence entre
les vecteurs d’onde k1 et k2 peut être négligée, les phases des ondes 1 et 2 sont notées respecti-
vement φ1(t) et φ2(t). Les ondes se propagent suivant l’axe z. La superposition des deux ondes
donne naissance à une onde quasi-stationnaire :

E(z, t) = E0(cos[ω1t+ k1z + φ1(t)] + cos[ω2t− k2z + φ2(t)]) (1.1.21)
E(z, t) = 2E0cos[k(z − vt) + φ(t)]cos[ωt+ (φ1(t) + φ2(t))/2] (1.1.22)

avec v = (ω2 − ω1)/2k, k = (k1 + k2)/2, φ(t) = (φ2(t) − φ1(t))/2 et ω = (ω1 + ω2)/2. L’onde
résultante est une onde quasi-stationnaire qui se déplace à la vitesse v par rapport au référentiel
du laboratoire.

Il existe deux types de transitions à deux photons. Soit la transition couple deux états
internes différents, on parle de transitions Raman stimulées, soit le couplage entre les états de
quantité de mouvement se fait avec le même état interne, on parle alors de transitions de Bragg
(parfois de transitions Raman dégénérées). Dans le cas des transitions Raman, la détection peut
se faire par spectroscopie des états internes et n’a donc pas besoin d’avoir des nuages séparés
spatialement, contrairement aux transitions de Bragg. Néanmoins, les effets dépendant des états
internes peuvent entrainer un bruit de phase, comme le déplacement lumineux, sensible au bruit
d’intensité laser. Ces caractéristiques nous ont conduit à utiliser les transitions de Bragg pour
réaliser notre interféromètre.

Transition de Bragg

Les transitions de Bragg se font dans un même état interne que je note |f〉. Les atomes se-
ront lancés à la verticale, ils auront donc une quantité de mouvement initiale p0 6= 0. Lors de la
première impulsion, ils sont donc initialement dans l’état |f,p0〉. L’interaction d’un atome avec
le réseau couple les états |f,p0〉 et |f,p0 + h̄(k1 − k2)〉 par l’intermédiaire de l’état |i,p0 + h̄k1〉,
le processus peut être vu comme de l’absorption d’un photon du laser 1 et de l’émission stimulée
dans le mode du laser 2, cette transition à deux photons est schématisée sur la figure 1.3(b).
La quantité de mouvement transférée est alors h̄(k1 − k2) = 2h̄k. Pour minimiser la perte de
cohérence par émission spontanée, il faut que le désaccord ∆ par rapport à la transition |f〉 →
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(a) (b)

Figure 1.3 – (a) Schéma représentant le réseau optique formé par les deux faisceaux laser
contra-propageants aux pulsations ω1 et ω2, respectivement en bleu et rouge. Les
atomes, en vert, ont une quantité de mouvement initiale p0. (b) Courbes repré-
sentant l’énergie en fonction de la quantité de mouvement de l’état excité |e〉 et
fondamental |f〉.

|e〉 soit grand devant la largeur naturelle Γ de la raie.

Le transfert de l’état |f,p0〉 vers l’état |f,p0 + 2h̄k〉 est de 100 % pour une impulsion π si la
condition de résonance à deux photons est respectée. Pour exprimer cette condition, je définis
δ

(2)
L comme la différence de fréquence entre les deux lasers pour une transition à deux photons :

δ
(2)
L = ω1 − ω2 (1.1.23)

Par ailleurs, j’introduis aussi le désaccord à la résonance δ :

h̄δ = h̄(ω1 − ω2)− (E|f,p0+2h̄k〉 − E|f,p0〉) (1.1.24)

La condition de résonance s’écrit δ = 0, soit :

h̄δ
(2)
L = E|f,p0+2h̄k〉 − E|f,p0〉 = (p0 + 2h̄k)2

2m − p02

2m

= 2h̄p0.k
m

+ 4h̄ h̄|k|
2

2m
δ

(2)
L = 2ωD + 4ωr (1.1.25)

avec ωD = p0.k/m la pulsation Doppler et ωr = h̄|k|2/2m la pulsation de recul, qui dans le cas
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du rubidium 87 est ωr ' 2π× 3770 Hz, ce qui correspond à une vitesse de recul vr = 5.9 mm.s-1

à 780 nm 1.

Nous avons vu le principe des transitions à deux photons qui seront utilisées pour créer les
lames séparatrices et l’équivalent des miroirs pour les atomes. Une première impulsion π/2 crée
les deux chemins cohérents, qui sont alors défléchis avec une deuxième impulsion π, et recombinés
avec une dernière impulsion π/2. Nous allons voir qu’il est possible d’augmenter la séparation
spatiale avec la technique des séparatrices à grands transferts de quantité de mouvement.

1.1.3 Séparatrices à grands transferts de quantité de mouve-
ment

La sensibilité d’un interféromètre aux effets inertiels dépend de l’aire spatio-temporelle com-
prise entre les deux bras. Un gain en sensibilité peut soit provenir d’une augmentation du temps
de chute libre, celui-ci étant limité par la hauteur des dispositifs, soit provenir d’une augmenta-
tion de la séparation spatiale entre les deux bras. Cette dernière solution implique d’augmenter
la quantité de mouvement transférée à au moins l’un des deux bras de l’interféromètre. Diffé-
rentes techniques ont été étudiées et mises en place pour augmenter la quantité de mouvement
transférée aux atomes par des impulsions lasers [41, 44, 45]. Nous allons voir qu’une des mé-
thodes consiste à réaliser des séquences d’impulsions de Bragg à ordre élevé. Dans cette partie,
j’introduis les notations et le modèle de diffraction, qui est plus détaillé dans le chapitre 4.

Transition multi-photoniques

Le principe est de transférer 2nh̄k à chaque impulsion laser avec n l’ordre de diffraction. La
différence de fréquence δ(n)

L entre les lasers doit alors satisfaire la nouvelle condition de résonance
pour coupler l’état |f,p0〉 à l’état |f,p0 + 2nh̄k〉, représentés sur la figure 1.4. Cette nouvelle
condition de résonance s’écrit :

nh̄δ
(n)
L = E|f,p0+2nh̄k〉 − E|f,p0〉 = (p0 + 2nh̄k)2

2m − p0
2

2m
= 2nh̄ωD + 4n2h̄ωr (1.1.26)

avec ωr et ωD les pulsations de recul et Doppler définies précédemment.

Afin de traiter la diffraction d’atomes par un réseau, je considère que les atomes interagissent
avec une onde stationnaire E(z, t) = E0(t)cos(ωt)cos(kz), E0(t) est modulé dans le temps pour
réaliser des impulsions laser. Le traitement qui suit s’appuit sur la référence [46]. Dans la suite,
je me place dans le référentiel tournant à la pulsation ω. L’hamiltonien du système {atome,
champ} peut alors s’écrire :

Ĥ = p̂2

2m + h̄Ω0(t)cos(kz)(|f〉 〈e|+ |e〉 〈f |)− h̄∆ |e〉 〈e| (1.1.27)

où Ω0(t) est la pulsation de Rabi à un photon, ∆ est le désaccord du laser par rapport à la
transition |e〉 → |f〉. Dans ce cas, l’expression de la solution générale de l’équation de Schrödinger
s’écrit :

|ψ(z, t)〉 = cf (z, t) |f〉+ ce(z, t) |e〉 (1.1.28)

1. Au cours de la chute libre des atomes la valeur de p0 évolue, il est donc nécessaire de changer la différence
de fréquence δ

(2)
L pour que la transition à deux photons reste résonante.
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Figure 1.4 – Transitions de Bragg multi-photoniques à 2n photons. Le réseau optique couple
l’ensemble des états [|p0〉,..., |p0 + 2nh̄k〉]. La différence de fréquence δ(n)

L entre
les deux laser respecte la condition de résonance (1.1.26).

La projection de l’équation de Schrödinger sur les deux états donne lieu à un système de
deux équations couplées :

ih̄
∂cf (z, t)

∂t
= p̂2

2mcf (z, t) + h̄Ω0(t)cos(kz)ce(z, t) (1.1.29)

ih̄
∂ce(z, t)
∂t

= p̂2

2mce(z, t) + h̄Ω0(t)cos(kz)cf (z, t)− h̄∆ce(z, t) (1.1.30)

En se plaçant dans le cas où les atomes sont initialement dans l’état fondamental et en
considérant que ∆� Γ, nous pouvons éliminer de façon adiabatique l’état excité, l’équation se
réécrit :

∂cf (z, t)
∂t

= ih̄

2m
∂2cf (z, t)
∂z2 − iΩ0(t)2

∆ cos2(kz)cf (z, t) (1.1.31)

Cette équation est invariante par translation de multiple entier de 2πk−1, nous pouvons alors
appliquer le théorème de Bloch [47]. Les solutions peuvent alors s’écrire comme une combinaison
linéaire de fonction de Bloch ayant la même périodicité que le réseau :

cf (z, t) =
∞∑

l=−∞
cl(t)eilkz (1.1.32)

Avec cos(kz) = 1
2(eikz + e−ikz), l’équation (1.1.31) peut se réécrire :

∞∑
l=−∞

∂cl(t)
∂t

eilkz = −i
∞∑

l=−∞

[(
ωrl

2 + Ω(t)
)
cl(t) + Ω(t)

2
(
cl−2(t) + cl+2(t)

)]
eilkz (1.1.33)

où j’introduis la pulsation de Rabi à deux photons Ω(t) = Ω0(t)2/2∆. Cette équation étant
valable pour tout l, cl(t) vérifie alors :

∂cl(t)
∂t

= −i
[(
ωrl

2 + Ω(t)
)
cl(t) + Ω(t)

2
(
cl−2(t) + cl+2(t)

)]
(1.1.34)
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Le système d’équations couple une infinité d’états de quantité de mouvement dont deux
états successifs diffèrent de 2h̄k. Selon le temps d’interaction, il se distingue principalement
deux régimes que nous allons voir par la suite.

Régime de Raman-Nath

Le premier cas limite est le régime de Raman-Nath correspondant au cas des temps d’inter-
action courts. Or, la largeur ∆E de la transition est réliée à la durée ∆t de l’impulsion par une
relation de transformée de Fourier :

∆E∆t ≥ h̄

2 (1.1.35)

Pour une transition entre l’état |f,−nh̄k〉 et |f, nh̄k〉, le régime de Raman-Nath correspond au
cas où la largeur ∆E est grande par rapport à la différence d’énergie entre l’état ciblé |f, nh̄k〉
et ses états voisins, autrement dit ∆E � 8nh̄ωr, voir figure 1.5(a). Dans ce cas, les états voisins
peuvent être peuplé, il n’est donc pas possible de transférer la population dans un seul état.

L’amplitude de l’onde diffractée peut être calculée à partir de l’équation de Schrödinger, et
conduit à une décomposition sur les fonctions de Bessel :

Ψ(t) =
∞∑

l=−∞
(−i)lJl(Ωt) |2lh̄k〉 (1.1.36)

Le régime de Raman-Nath est analogue à la diffraction de la lumière par des réseaux matériels
minces [48].

Régime de Bragg

L’autre cas limite correspond à celui des temps d’interaction longs. Pour se placer dans un
tel régime, la largeur de la transition ∆E doit être suffisamment petite devant la différence
d’énergie entre l’état cible et ses états voisins, ce qui correspond à ∆E � 8nh̄ωr, voir figure
1.5(b). Dans ce cas, la transition est résonante seulement avec les états |f,−nh̄k〉 et |f, nh̄k〉,
c’est le régime de Bragg. Cela se traduit par une limite inférieure sur la durée de l’impulsion :

∆t� 1
8nωr

(1.1.37)

Pour être dans le régime de Bragg, il faut que le temps de l’impulsion soit grand devant (4nωr)−1

' 1
n × 10 µs.
Ce raisonnement ne prend pas en compte la pulsation de Rabi du système. Il est donc possible

d’affiner la contrainte sur la durée de l’impulsion en utilisant le système d’équations (1.1.34).
Nous avons vu que dans le cas du régime de Bragg, seul deux états étaient couplés, ainsi

pour un ordre de diffraction n, seuls les états |f,−nh̄k〉 et |f, nh̄k〉 doivent être couplés, cette
condition est vraie si les états intermédiaires ne sont pas peuplés. Or, si la durée de l’impulsion
est grande, il est possible d’éliminer de façon adiabatique les états intermédiaires, ∂c−n+2l

∂t ' 0.
Le système d’équations peut alors s’écrire :

i
∂c±n(t)
∂t

= Ωeff
2 c∓n(t) (1.1.38)
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(a)

(b)

Figure 1.5 – Les schémas de gauche représente la trajectoire selon la verticale des atomes
en fonction du temps d’interaction ∆t avec le réseau optique. Les courbes de
droite représentent l’énergie des atomes en fonction de leur impulsion p. Le cas
(a) correspond au régime de Raman-Nath pour lequel ∆t � 1

8nωr , le cas (b)
correspond au régime de Bragg pour lequel ∆t� 1

8nωr .

avec Ωeff la pulsation de Rabi effective donnée par [46] :

Ωeff = Ωn

(8ωr)n−1
1

[(n− 1)!]2 (1.1.39)

La condition d’adiabaticité pour éliminer les états intermédiaires est donnée dans [46], elle
s’écrit :

Ωeff �
8(n− 1)nωr
2n(n− 1)!2 (1.1.40)

Cette condition implique que Ωeff diminue quand l’ordre de diffraction n augmente, ce qui
signifie que pour une impulsion π, la durée de l’impulsion doit augmenter avec n. Pour n ≥ 5,
Ωeff � ωr, la durée de l’impulsion doit alors être nettement supérieure à π/Ωeff ' 300 µs. Or, la
durée typique des impulsions utilisées sont de l’ordre de (10-100)µs, ainsi en général, le régime
de diffraction dans lequel se situe ces expériences est appelé régime de quasi-Bragg. Des études
réalisées sur la diffraction de Bragg [49, 50, 51] ont montré qu’il était difficile d’augmenter
l’efficacité de diffraction en utilisant des impulsions rectangulaires dans le cas du régime de
quasi-Bragg. Dans l’article de H. Müller [46], un traitement analytique montre que l’utilisation
d’impulsions gaussiennes permet d’atteindre des efficacités supérieures à 0.99 dans le régime de
quasi-Bragg.

Nous verrons, dans le chapitre 4, des simulations numériques de la diffraction dans le régime
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Articles Type h̄k

H. Müller et al. [44], 2008 Bragg 24
P. Cladé et al. [41], 2009 Bloch 10

S.W. Chiow et al. [52], 2011 Bragg 102
G.M. McDonald et al. [54], 2013 Bloch 80

T. Kovachy et al. [53], 2015 Bragg 90
M. Gebbe et al. [55], 2019 Bragg/Bloch 408
Z. Pagel et al. [56], 2019 Bloch 240

Tableau 1.1 – Liste non-exhaustive des réalisations de lames séparatrices à grands transferts
de quantité de mouvement. Les transferts sont cités par ordre chronologique
avec le type de transfert (Bloch ou Bragg) et le nombre de photons de recul
transférés.

de quasi-Bragg servant à dimensionner le système laser utilisé pour créer le réseau optique.

Grands transferts de quantité de mouvement

La relation (1.1.39) fait aussi apparaitre une contrainte sur la puissance des faisceaux laser.
En effet, nous voyons que pour une durée d’impulsion et une pulsation effective Ωeff fixées, la
puissance laser augmente avec l’ordre de diffraction n. Les études ont montré qu’il était difficile
de réaliser des transitions d’ordre supérieure à 20.

Une solution pour augmenter la quantité de mouvement transférée avec une puissance laser
limitée, consiste à accélérer un des deux bras, après avoir créé les deux chemins cohérents avec
une impulsion π/2. Principalement deux méthodes sont employées pour accélérer les atomes :

• Les atomes peuvent être accélérés continument avec un réseau optique, il s’agit de la
technique des oscillations de Bloch.
• Une succession d’impulsions π est appliquée à l’un des deux bras pour augmenter la

quantité de mouvement transférée.
De telles séquences ont déjà été réalisées et ont donné de très bons résultats. Par exemple, une
séquence comprenant des transferts de 6 h̄k successifs a permis de transférer 102 h̄k [52], une
autre séquence de transitions du premier ordre a conduit au transfert de 90 h̄k [53]. Un résumé
non exhaustif de différentes séparatrices à grands transferts de quantité de mouvement utilisées
dans des interféromètres est présenté dans le tableau 1.1.

Dispersion en vitesse

Jusqu’à présent, j’ai considéré le cas de l’interaction du réseau avec un seul atome, pour lequel
il est alors toujours possible de trouver un référentiel dans lequel la condition de résonance
est vérifiée. Dans le cas d’un nuage d’atomes, cette condition n’est plus vérifiée, à cause de
la dispersion en vitesse non nulle du nuage. En effet, pour un vecteur d’onde du réseau fixé,
la condition de résonance est différente selon la classe de vitesses des atomes, l’efficacité de
diffraction à chaque impulsion en est donc affectée. Dans ce qui suit, je présente l’influence de
la dispersion en vitesse du nuage sur le temps des impulsions, qui sera étudiée numériquement
dans le chapitre 4.

Pour un nuage thermique, il est raisonnable de considérer une distribution de Maxwell-
Boltzmann en vitesse :
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f(v) = 1√
2πσ2

v

exp
(
−(v − v0)2

2σ2
v

)
avec σv =

√
kBT

m
(1.1.41)

où σv est la dispersion en vitesse du nuage. Afin que l’ensemble des classes de vitesses du nuage
soit adressé par la transition, il faut que la largeur spectrale de l’impulsion soit grande devant
l’élargissement Doppler nkσv, ce qui impose une limite supérieure sur la durée de l’impulsion :

τ � 1
nk

√
m

kBT
(1.1.42)

Si nous considérons un nuage ayant une dispersion en vitesse de vr/10, soit une température
de 4 nK, l’effet Doppler impose donc une limite supérieure au temps de l’impulsion de 1

n×200 µs.

Nous avons vu le principe des séparatrices à grands transferts de quantité de mouvement, qui
peuvent être réalisées par des oscillations de Bloch dans un réseau optique accéléré ou alors par
une succession d’impulsions π. Cette dernière méthode utilise des transitions de Bragg autorisant
le transfert de 2nh̄k à chaque impulsion, avec n l’ordre de diffraction.

1.1.4 Interférométrie atomique

Géométrie de Mach Zehnder

Le principe d’un interféromètre atomique peut être compris à partir de l’expérience de Ram-
sey des champs oscillants séparés [57]. Dans cette expérience, un atome à deux niveaux est soumis
à un champ oscillant à deux instants différents. Entre ces instants, l’atome est en propagation
libre, le temps entre chaque interaction est appelé temps d’interrogation. Après la première im-
pulsion, l’évolution de la cohérence atomique dans les deux états est alors synchronisée avec
la phase du champ électromagnétique, la mesure de la population dans les états finaux nous
renseigne donc sur la phase accumulée par l’onde atomique au cours de sa propagation.

Une des configurations d’interféromètre atomique largement utilisée est l’analogue de l’in-
terféromètre de Mach Zehnder en optique, les deux interféromètres sont représentés sur la figure
1.6. Ce type d’interféromètre a été réalisé pour la première fois par M. Kasevich et S. Chu en
1991 [58]. Pour notre expérience, nous prévoyons d’utiliser une configuration similaire. Celle-ci
consiste à séparer spatialement l’onde atomique, puis à recombiner les deux bras de l’interfé-
romètre de façon symétrique. La séparation spatiale de l’onde atomique est assurée par une
première impulsion π/2 qui crée une superposition cohérente de deux états de quantité de mou-
vement différents, après un temps T de propagation libre de l’onde, une deuxième impulsion
π permet d’intervertir la population entre les deux états, une dernière impulsion π/2 ferme
l’interféromètre après un temps 2T .

Dans la perspective de réaliser une mesure de la neutralité de la matière, il est nécessaire
de séparer spatialement les bras de l’interféromètre sur une distance de l’ordre du centimètre.
Pour cela, nous envisageons de réaliser une séquence comportant une succession d’impulsions de
Bragg d’ordre élevé. L’utilisation de quatre impulsions de Bragg d’ordre 5 permet d’atteindre
une séparation de l’ordre de 1 cm pour une valeur de T ∼ 50 ms.

Déphasage en sortie de l’interféromètre

Je considère un interféromètre avec trois impulsions π/2−π−π/2, pour lequel l’onde atomique
évolue entre deux états de quantité de mouvement. Ce système effectif évolue comme le système à
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(a) (b)

Figure 1.6 – (a) Principe d’un interféromètre optique de Mach-Zehnder, les signaux de sortie
sont les intensités I1 et I2. (b) Equivalent d’un interféromètre de Mach Zehnder
pour les ondes atomiques, les lames séparatrices sont réalisées par des impulsions
π/2, et les miroirs par une impulsion π, séparées par le temps T .

deux niveaux présenté dans la partie 1.1.1. Pour calculer le déphasage en sortie, il faut connaitre
l’évolution de la fonction d’onde, pour cela, il est possible d’utiliser un formalisme matriciel.
L’évolution de la fonction d’onde d’un instant t à un instant t+ τ s’écrit :

|ψ(t+ τ)〉 = S(t, τ, ϕ) |ψ(t)〉 (1.1.43)

où S est la matrice d’évolution du système, qui se déduit, en présence du réseau de diffraction,
des équations (1.1.9) et (1.1.10), en remplaçant Ω0 par Ω pour des transitions à deux photons.
La pulsation de Rabi généralisée devient ΩR =

√
Ω2 + δ2, avec δ le désaccord à résonance pour

une transition à deux photons, défini par la relation (1.1.24), la phase imprimée sur la phase
atomique est ϕ = (ϕ1 − ϕ2)/2, d’où :

S(t, τ, ϕ) =

 eiτδ/2
(
cosΩRτ

2 − i
δ

ΩR sinΩRτ
2

)
eiτδ/2

(
−iei(ϕ+tδ) Ω

ΩR sinΩRτ
2

)
e−iτδ/2

(
−ie−i(ϕ+tδ) Ω

ΩR sinΩRτ
2

)
e−iτδ/2

(
cosΩRτ

2 + i δ
ΩR sinΩRτ

2

)
 (1.1.44)

Pour des impulsions π et π/2, dans le cas où le désaccord est nul, δ = 0, elle s’écrit :

Sπ(ϕ) =

 0 −ieiϕ

−ie−iϕ 0

 et Sπ/2(ϕ) = 1√
2

 1 −ieiϕ

−ie−iϕ 1

 (1.1.45)

Il est nécessaire de connaitre l’évolution de la fonction d’onde entre deux impulsions, c’est-
à-dire lors de la propagation libre. Or, la phase accumulée lors de cette propagation correspond
à l’intégrale des énergies propres dans le temps, en notant |a〉 et |b〉, les états correspondant aux
deux chemins de l’interféromètre, la matrice d’évolution libre peut alors s’écrire :

Slibre(T ) =

e−iEaTh̄ 0

0 e−i
EbT

h̄

 (1.1.46)
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avec Ea = p2/2m et Eb = (p + 2h̄k)2/2m, car nous nous plaçons dans le cas des transitions de
Bragg qui couplent le même état interne.

A partir de ces matrices, nous pouvons exprimer la matrice d’évolution pendant l’interféro-
mètre :

Stotal = Sπ/2(ϕ3)× Slibre(T )× Sπ(ϕ2)× Slibre(T )× Sπ/2(ϕ1) (1.1.47)

Les phases ϕ1, ϕ2, et ϕ3 correspondent à la phase imprimée sur l’onde atomique par le laser
au cours des trois impulsions. On peut alors calculer la probabilité qu’un atome soit transféré
de l’état |a〉 vers l’état |b〉, ce qui donne :

P = | 〈b|Stotal |a〉 |2 = 1− cos(ϕ1 − 2ϕ2 + ϕ3)
2 (1.1.48)

La population en sortie de l’interféromètre dépend alors de la phase du laser lors de chaque
impulsion. Le modèle de matrice est en fait simplifié car, on considère que l’interféromètre se
referme parfaitement. En réalité d’autres déphasages peuvent s’ajouter. Le déphasage total en
sortie de l’interféromètre comprend en fait trois contributions :

∆ϕ = ∆ϕlaser + ∆ϕpropagation + ∆ϕséparation (1.1.49)

Le terme de propagation ∆ϕpropagation correspond à la phase accumulée lors de la propagation
des paquets d’onde, elle est liée à la trajectoire des atomes pendant le temps de l’interféromètre.
Le terme de séparation ∆ϕséparation apparait si l’interféromètre ne se referme pas totalement,
donc si les paquets d’onde ne se recouvrent pas exactement en sortie de l’interféromètre. Enfin,
le terme ∆ϕlaser correspond à la phase laser imprimée sur l’onde atomique à chaque impulsion.

Le terme de propagation peut se calculer avec le formalisme de l’intégrale de chemin de
Feynmann [59, 60]. Le déphasage dû à la propagation correspond à la différence entre les actions
classiques Scl évaluées sur les deux chemins. Le terme de propagation s’exprime comme :

∆ϕpropagation = Sbcl − Sacl
h̄

(1.1.50)

Dans le cas où le Lagrangien est au plus quadratique en position et en impulsion, le terme
de déphasage lié à la propagation et à la séparation se compensent [61].

Dans ce cas, le déphasage total ne comprend que la contribution dépendant de la phase
laser. Cette phase dépend notamment de la position du paquet atomique par rapport au réseau
optique, et s’écrit ϕ(t) = keff .r(t), avec keff le vecteur d’onde du réseau optique, et r(t) le centre
de masse du système. Dans le cas d’un interféromètre à trois impulsions, le déphasage total
devient :

∆ϕlaser = keff .r(0)− 2keff .r(T ) + keff .r(2T ) + (ϕ1 − 2ϕ2 + ϕ3) (1.1.51)

avec T le temps d’interrogation entre chaque impulsion. Dans le cas d’atomes en chute libre
dans le champ de pesanteur terrestre, le déphasage peut s’écrire :

∆ϕ = keff .gT 2 + (ϕ1 − 2ϕ2 + ϕ3) (1.1.52)

L’expression du déphasage nous indique que l’interféromètre est d’autant plus sensible aux
forces d’inertie que le temps d’interrogation ou le transfert de quantité de mouvement aux atomes
est grand, ce qui motive l’utilisation des séparatrices à grands transferts de quantité de mouve-
ment.
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1.2 Sources d’atomes
Nous avons vu qu’il était préférable d’utiliser des sources d’atomes avec la plus faible dis-

persion en vitesse possible. Actuellement, une des sources d’atomes largement utilisée en inter-
férométrie est la mélasse optique. Il est aussi possible d’utiliser des condensats de Bose-Einstein
pour améliorer les performances des interféromètres atomiques.

1.2.1 Mélasses optiques
Le refroidissement laser permet d’obtenir des ensembles d’atomes refroidis à quelques µK, la

réduction de la dispersion en vitesse transverse et longitudinale améliore l’efficacité de diffraction
dans les réseaux optiques. La plupart des interféromètres utilise des mélasses optiques avec des
transitions Raman, ce qui a permis de réaliser des mesures au niveau de l’état de l’art. Des
mesures de rotation par effet Sagnac ont atteint un niveau de bruit de 100 nrad.s-1/

√
Hz [30, 62].

L’accélération de la pesanteur g a été mesurée avec une exactitude de 39 nm.s-2 [29], la constante
de gravitation G avec une incertitude relative de 1.50 × 10−4 [31], et la constante de structure
fine α avec une incertitude relative de 6.6× 10−10 [9].

1.2.2 Sources ultra froides
Une solution pour améliorer la sensibilité des interféromètres consiste à utiliser des sources

d’atomes dont la dispersion en vitesse est plus petite que dans les mélasses optiques. C’est
pourquoi l’utilisation de gaz quantiques dégénérés suscite un grand intérêt en interférométrie
atomique. La condensation de Bose-Einstein a été prédite par A. Einstein et S. N. Bose en
1924 [63], et observée expérimentalement en 1995 [64]. Leur utilisation dans les interféromètres
atomiques présente plusieurs avantages.

• La faible dispersion en vitesse longitudinale [65] permet de réaliser de grands transferts
de quantité de mouvement grâce à des transitions de Bragg dont l’efficacité de diffraction
est proche de 1. Des transferts supérieurs à 100 h̄k dans des séparatrices ont été obtenus
avec des températures de nuage de 1 à 100 nK [52, 55, 56].
• La faible dispersion en vitesse transverse aux faisceaux permet d’être moins sensible au
profil d’intensité des faisceaux laser et aussi aux aberrations du front d’onde.

Néanmoins, l’utilisation de condensats à des fins métrologiques doit surmonter certaines
limites :

• Les dispositifs expérimentaux sont en général plus complexes et le temps de chaque
séquence pour atteindre la condensation est plus long que pour des nuages froids. Ce qui
implique d’augmenter le temps d’acquisition pour réaliser le même nombre de mesures et
donc une sensibilité accrue aux effets de dérive à long terme.
• Le flux d’atomes condensés est en général inférieur à 105 atomes/s en raison de l’étape

d’évaporation qui est responsable de la baisse du flux par rapport à celui des mélasses
optiques typiquement de 109 atomes/s.
• Les interactions entre atomes dans le condensat modélisées par un champ moyen induisent
des effets systématiques [26, 66].

Néanmoins, les avancées dans le domaine de la condensation ont permis de dépasser ces
limites. En effet, l’utilisation de puces micrométriques à atomes a montré qu’il était possible
d’augmenter le taux de production de condensats à 1 Hz [67]. De plus, des flux de l’ordre de
105 atomes/s ont été démontrés avec des pièges optiques et magnétiques [68, 69]. Par ailleurs,
une dilution du nuage d’atomes permet de diminuer le potentiel chimique et ainsi l’effet des
interactions [70].
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Les condensats de Bose-Einstein présentent donc des propriétés intéressantes permettant
d’améliorer la sensibilité des interféromètres actuels. La faible dispersion en vitesse permet d’al-
longer le temps d’interrogation et la quantité de mouvement transférée, des dispositifs sur Terre
de plus en plus grands sont alors construits pour augmenter le temps de chute libre. Ces pro-
priétés motivent la réalisation d’expériences dans l’espace avec des atomes ultra-froids.

1.3 Etat de l’art en interférométrie atomique
Les nombreuses propriétés physiques des atomes (masse, moment dipolaire électrique, ma-

gnétique, ...) permettent de sonder un large domaine de processus physiques. Par ailleurs, l’inter-
férométrie atomique a permis de mesurer diverses constantes fondamentales avec des précisions
dépassant l’état de l’art pour certaines. L’interférométrie atomique est aussi envisagée pour des
applications dans le secteur industriel. Je présente dans cette partie quelques applications de
l’interférométrie atomique.

1.3.1 Interférométrie en micro-gravité
Afin d’augmenter la sensibilité des interféromètres, des efforts sont fait pour augmenter le

temps de propagation des atomes. Dans cette perspective, certaines équipes construisent des
interféromètres de grandes dimensions, comme la tour de 10 m de haut à Stanford [53], ou les
tours de 12 m de haut en Chine [71] et celle en cours de construction à Hanovre [72].

Une alternative à la construction de dispositifs de plus en plus grand est d’effectuer des
expériences en microgravité, comme à bord de l’avion zéro-g avec l’expérience ICE [73] permet-
tant d’avoir accès à des temps de chute libre allant jusqu’à 20 s, mais présentant des bruits de
vibrations importants. La capsule de QUANTUS dans la tour du ZARM de 146 m de haut [74]
offre un temps de chute libre de 1.8 s pendant l’interféromètre, ces expériences contribuent à la
préparation de l’envoi de dispositifs dans l’espace. L’utilisation des interféromètres atomiques
dans des missions spatiales peut servir à des fins d’observation comme la géodésie, ou à réaliser
des tests de physique fondamentale, qui bénéficient alors d’un temps d’interaction plus grand
que sur Terre. La première réalisation d’un condensat dans l’espace a été faite à bord du missile
MAIUS [75] en janvier 2017. En mai 2018, c’est avec le CAL (Cold Atom Laboratory) à bord
de la station spatiale internationale, qu’un condensat de 87Rb et 41K a été obtenu [76]. De tels
résultats ont pu être obtenus grâce à la miniaturisation des dispositifs expérimentaux et à la
réduction de leur consommation électrique. Le développement de la mission spatiale ACES, qui
devrait envoyer une horloge atomique PHARAO en orbite, pourrait être la première réalisation
d’instruments métrologiques utilisant des atomes froids dans l’espace [77].

1.3.2 Mesure de l’accélération de la pesanteur g

Les mesures de variations de l’accélération de la pesanteur révèlent la structure interne de
la croute terrestre et cela peut être nécessaire pour la recherche de ressources naturelles (eau,
gaz, pétrole, ...) [78].

Aujourd’hui, la meilleure exactitude 1 est obtenue avec le gravimètre commercial FG-5 de
Microg Solutions, elle est de 2× 10−8 m.s-2 [79], obtenue en mesurant l’accélération g d’un coin
de cube par interférométrie optique. Il faut noter que cette valeur provient de la comparaison
de plusieurs instruments. Des valeurs comparables sont obtenues par interférométrie atomique,

1. L’exactitude correspond à l’incertitude sur la mesure en tenant compte des effets systématiques. La sensi-
bilité correspond à la plus petite variation mesurable de la grandeur physique.
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Figure 1.7 – Schéma de l’expérience de G.M. Tino visant à mesurer la constante de gravita-
tion G. Deux masses de tungstène sont réparties autour de la fontaine atomique,
dans deux configurations différentes A et B. Les nuages du haut et du bas sont
utilisés pour réaliser les deux interféromètres permettant d’effectuer une mesure
différentielle de la gravitation. Cette figure est extraite de [31].

le gravimètre construit au SYRTE utilise une mélasse optique à 2 µK comme source d’atomes
et une séquence π/2− π − π/2 avec des transitions Raman. L’exactitude est de 4× 10−8 m.s-2

[80], cette valeur prend en compte l’ensemble des effets systématiques mesurés.
Le gravimètre construit en Chine a permis d’obtenir une sensibilité de 4.2×10−8 m.s-2/

√
Hz

[81], grâce à l’amélioration de l’asservissement du laser pour les transitions Raman, et d’un
système d’isolation actif pour limiter les bruits de vibration.

Le gravimètre de l’équipe de N.P. Robins utilise des transitions de Bragg à ordre élevé
pour séparer les bras de l’interféromètre [82]. Après 1000 s d’intégration, la mesure atteint une
sensibilité de 2.9 × 10−8 m.s-2. Dans leur expérience, deux nuages d’atomes sont lancés à la
verticale ce qui permet de réaliser deux interféromètres, et ainsi faire une mesure de la gravité
en deux zones différentes de l’espace, c’est le principe d’un gradiomètre.

1.3.3 Mesure de la constante de gravitation G
Une mesure différentielle de la gravité permet notamment de mesurer la constante de gravi-

tation G. Cette mesure consiste à mesurer la force gravitationnelle appliquée aux atomes pour
différentes positions d’une masse répartie autour de l’interféromètre, voir figure 1.7. Parmi les
constantes fondamentales en physique, la constante de la gravitation est celle qui est la moins
bien mesurée. De plus, sa connaissance présente un intérêt pour les théories de la gravitation
[83].

La mesure de la constante de la gravitation G par interférométrie atomique a été faite pour la
première fois par l’équipe de M. Kasevich en 2007 avec une incertitude de δG/G = 3×10−3 [10].
L’incertitude de cette mesure a été améliorée par l’équipe de G.M. Tino en 2014 en obtenant
δG/G = 1.5 × 10−4 en utilisant un dispositif similaire MAGIA [31]. Le principe est de réaliser
un gradiomètre avec des atomes de rubidium en la présence de deux masses de tungstène qui
peuvent être placées dans différentes configurations représentées sur la figure 1.7.
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1.3.4 Test du principe d’équivalence
La mesure de l’accélération de la pesanteur avec des atomes permet aussi de tester le principe

d’équivalence faible, sur lequel est basée en partie la théorie de la relativité générale. Celui-ci
stipule que la masse inerte et la masse gravitationnelle d’un corps sont égales, ce qui implique
l’universalité de la chute libre des corps. Le principe de ce test est d’observer les trajectoires
d’atomes de différentes natures soumis à la gravité. Ce test est quantifié en mesurant le paramètre
d’Eötvös :

η =
∣∣∣∣∆aā

∣∣∣∣ = 2
∣∣∣∣a1 − a2
a1 + a2

∣∣∣∣ (1.3.1)

où a1 et a2 sont les accélérations des deux masses des corps de composition différente. Une des
expériences utilisant la balance de torsion [84] a permis d’obtenir une valeur de (0.3 ± 1.8) ×
10−13 en utilisant des masses de beryllium et de titane. La mission spatiale MICROSCOPE (Mi-
cro Satellite à trainée Compensée pour l’Observation du Principe d’Equivalence) lancée en avril
2016 a permis d’améliorer la sensibilité du test de deux ordres de grandeurs en atteignant une
incertitude record de quelques 10−15 [85]. Le principe consiste à mesurer la différence d’accéléra-
tion de deux cylindres concentriques de compositions différentes dont la position est maintenue
grâce à des forces électrostatiques.

L’interférométrie atomique a aussi permis de mesurer l’accélération de deux espèces ato-
miques différentes avec une valeur de (1.2±1.7)×10−7 (87Rb, 85Rb ) [86], et de (0.3±5.4)×10−7

(87Rb, 39K) [87]. L’utilisation de deux interféromètres pour rejeter le bruit dû aux vibrations
a permis d’atteindre une valeur de (2.8 ± 3.0) × 10−8 (87Rb, 85Rb) [88]. L’amélioration de la
mesure provient du contrôle des effets systématiques qui peuvent être induits par des champs
magnétiques, des gradients de gravité, la force de Coriolis, le bruit de phase laser, ou les dis-
torsions du front d’onde laser. Des mesures au niveau de l’état de l’art sont envisagées avec
des interféromètres de grandes dimensions [72, 71]. Des missions spatiales comme STE-QUEST
ont été étudiées pour atteindre une incertitude à 10−15 sur le test du principe d’équivalence.
La mission ICE ayant l’avantage d’avoir accès à de long temps d’interrogation a pour objectif
d’atteindre une incertitude de l’ordre de quelques 10−11 [89].

1.3.5 Constante de structure fine
La constante de structure fine a été introduite par Arnold Sommerfeld au début du 20ème

siècle pour expliquer la structure fine de l’atome d’hydrogène. Cette constante peut s’exprimer
de la façon suivante :

α = q2
e

4πε0h̄c
(1.3.2)

où qe est la charge élémentaire de l’électron, ε0 la permittivité diélectrique du vide, c la vitesse
de la lumière dans le vide, et h̄ la constante de Planck réduite. Aujourd’hui la constante de
structure fine en électrodynamique quantique (QED) joue le rôle de constante de couplage de
l’interaction entre le champ électromagnétique et l’électron. La mesure la plus précise est déduite
de la mesure du moment anormal de l’électron associée à des calculs en QED, l’incertitude
relative est de 2.3 × 10−10 d’après CODATA (Comittee on Data for Science and Technology)
[90]. Une mesure obtenue indépendamment de la théorie constitue un test de la validité de la
QED. L’interférmétrie atomique a déjà permis de réaliser une telle mesure [9, 44, 91]. En effet,
la constante α peut être reliée à d’autres constantes de la physique par la relation :

α2 = 2R∞
c

m

me

h

m
(1.3.3)
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L’incertitude relative sur la valeur de la constante de Rydberg R∞ mesurée par spectroscopie
de l’atome d’hydrogène est de 5.9×10−12 et me la masse de l’électron est connue avec une incer-
titude relative de 2.9×10−11. Dans le cas d’une mesure avec le rubidium, sa masse m est connue
avec une incertitude relative de 7.5× 10−11, ces valeurs proviennent de [90]. Ainsi, l’incertitude
sur la valeur de α est limitée par la précision sur la valeur de h/m. Cette valeur peut être déter-
minée en mesurant la vitesse de recul h̄k/m d’un atome de masse m associée à l’absorption d’un
photon. La mesure par interférométrie atomique détient la meilleure incertitude, soit 2.0×10−10

[91].

1.3.6 Détection d’ondes gravitationnelles
La détection directe d’ondes gravitationnelles a été réalisée pour la première fois en 2015

par l’interféromètre optique LIGO. Ces ondes prédites par la théorie de la relativité générale
établie par A. Einstein en 1915, pourraient permettre d’étudier des questions fondamentales en
astrophysique, et en cosmologie. L’intérêt d’utiliser l’interférométrie atomique est de pouvoir
détecter des ondes gravitationnelles à basses fréquences (10−3 -10 Hz) [14] générées par des évè-
nements astrophysiques plus fréquents (étoiles binaires) qu’à des fréquences de 100 Hz, domaine
dans lequel les sensibilités de LIGO et VIRGO sont maximales. En effet, le taux de répétition
de la mesure correspond au taux d’échantillonnage d’un signal d’onde gravitationnelle, il limite
donc la fréquence maximale qui peut être détectée par les interféromètres atomiques. Or, la
sensibilité d’un interféromètre atomique augmente avec le temps d’interrogation, il est donc plus
facile d’augmenter la sensibilité des interféromètres pour des taux de répétition faible qui cor-
respondent à des signaux de basse fréquence. Des projets sont en cours de développement pour
détecter les variations locales du champ de pesanteur par des phénomènes astrophysiques [14].
Le projet MIGA (Matter-wave laser Interferometric Gravitation Antenna) [92] repose sur trois
interféromètres de type Mach Zehnder utilisant des atomes de rubidium 87 interrogés par un
laser dans une cavité de 300 m de long. Le principe est de mesurer l’accélération des atomes
à trois positions différentes selon l’horizontale, ainsi la propagation d’une onde gravitationnelle
devrait modifier la distance entre les trois nuages d’atomes et engendrer un déphasage mesu-
rable. L’avantage de l’utilisation des interféromètres atomiques est de pouvoir différencier le
bruit newtonien engendré par les fluctuations du champ de pesanteur terrestre, et l’effet des
ondes gravitationnelles à basses fréquences [93]. Le projet AGIS [14] prévoit de faire des me-
sures avec deux satellites en orbite autour de la Terre permettant ainsi d’augmenter le temps
d’interrogation.

1.4 Test de la neutralité de la matière
Notre expérience d’interférométrie atomique est conçue pour étudier l’effet de divers poten-

tiels d’interaction sur la phase atomique. La mise en place de potentiels électriques permettra
notamment de mesurer l’effet Aharonov-Bohm scalaire directement lié à la charge des particules
étudiées. Dans le cas de l’utilisation d’atomes, la mesure du déphasage lié à cet effet constitue
un test de la neutralité électrique de l’atome.

La mesure de la différence de charge entre le proton et l’électron et de la neutralité du
neutron est motivée par des questions théoriques autant en astrophysique [94] qu’en physique
des particules [95]. La question de la neutralité de la matière est reliée au problème de la
quantification de la charge électrique qui dépasse le cadre du modèle standard, et nécessite de
nouveaux modèles physiques [96].
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1.4.1 Historiques des mesures
Pour comparer les différentes mesures réalisées jusqu’à présent, il est nécessaire de définir

la neutralité électrique de l’atome. En effet, l’existence d’une charge résiduelle d’un atome peut
provenir de la dissymétrie entre la charge du proton et celle de l’électron (qe + qp 6= 0) ou/et
d’une charge du neutron (qn 6= 0). Ainsi, dans les expériences qui ont été réalisées, j’indique si
la mesure porte sur q/qe, (qp + qe)/qe ou qn/qe, les valeurs données dans la suite correspondent
à la charge par nucléon.

La recherche d’une possible charge de l’atome a commencé avec Piccard et Kessler en 1925
(cité dans l’article de Unnikrishnan et Gillies [97]) avec leur expérience mesurant le changement
de potentiel électrique d’un tube métallique par lequel s’échappait un gaz de CO2 comprimé.
Si les molécules ou atomes ont une charge électrique, alors le potentiel électrique du tube doit
changer à mesure que le gaz s’échappe. Cette mesure a permis d’établir une incertitude de
5× 10−21qe sur la charge d’un atome, avec qe la charge élémentaire, qe = 1.6× 10−19 C.

D’autres expériences ont été menées utilisant des techniques différentes telles que la lévitation
d’objets macroscopiques, un résonateur acoustique, ou la mesure de la déviation d’un flux de
neutrons et d’atomes.

La méthode du résonateur acoustique [98] consiste à mesurer l’amplitude des ondes acous-
tiques dans une cavité, générées par l’excitation d’un gaz soumis à un champ électrique oscillant.
Si les molécules ont une charge alors le gaz génère une onde acoustique à la fréquence du champ
électrique d’excitation, qui est alors détectée par des capteurs de pression.

L’expérience de lévitation magnétique d’un objet macroscopique [99] est similaire à l’expé-
rience de la goute d’huile de Millikan. Des objets sont en suspension magnétique, et un champ
électrique est appliqué pour induire un déplacement par force électrostatique.

La mesure de la charge du neutron repose sur la déflection d’un jet collimaté de neutrons
soumis à un fort champ électrique [100]. Cette expérience a permis de fixer une limite supérieure
à la charge du neutron de 10−21qe.

Des expériences similaires avec des jets d’atomes ont été réalisées, l’avantage de l’utilisation
des atomes est de pouvoir réaliser une mesure de (qp + qe)/qe et de qn/qe. L’expérience décrite
dans [101] utilise un jet d’atomes de potassium et de césium.

Certaines de ces méthodes reposent sur la mesure de la charge d’un objet macroscopique, il
est donc difficile de discriminer les effets dûs à des charges électrostatiques. De plus, l’ensemble
de ces expériences requièrent l’utilisation d’un champ électrique, ce qui peut ajouter des effets
systématiques dus à des effets de polarisabilité et d’inhomogénéités du champ électrique difficiles
à contrôler. Le tableau 1.2 récapitule les mesures les plus significatives avec leur incertitudes,
une liste plus complète est donnée dans [102]. La limitation due aux effets systématiques motive
l’élaboration de nouvelles méthodes de mesure pour diminuer l’incertitude.

1.4.2 Mesure par interférométrie atomique

Principe

Nous proposons de mesurer l’éventuel charge δq de l’atome en exploitant l’effet Aharonov-
Bohm scalaire. Pour cela, un potentiel électrique uniforme +V ou −V est appliqué pendant un
temps τ sur chaque chemin de l’interféromètre comme représenté sur la figure 1.8, la matrice de
propagation à travers la zone de potentiel s’écrit alors :

SAB =

e−i δqV τh̄ 0

0 ei
δqV τ
h̄

 (1.4.1)
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Expériences q/qe (qp + qe)/qe qn/qe Références
Flux d’un gaz, 1925 5× 10−21 [97]

Résonateur acoustique, 1973 1.3× 10−21 [98]
Lévitation, 1984 0.8× 10−21 [99]

Jet de neutrons, 1988 1.1× 10−21 [100]
Jet d’atomes, 1988 5.2× 10−21 5.2× 10−21 [101]

Tableau 1.2 – Comparaison des incertitudes obtenues sur la charge résiduelle de l’atome en
fonction des différentes expériences. Selon les expériences l’incertitude est don-
née pour q/qe, (qp + qe)/qe ou qn/qe.

En utilisant la relation (1.1.47), le déphasage en sortie de l’interféromètre lié à l’effet Aharonov-
Bohm s’écrit :

∆ϕAB = 2δqV τ
h̄

(1.4.2)

Une hypothétique charge de l’atome peut s’écrire δq = εAqe, avec A le nombre de nucléons,
et ε la charge de l’atome par nucléon en unité de charge élémentaire qe. Ainsi, pour augmenter la
sensibilité de la mesure, il est préférable d’utiliser un atome avec un grand nombre de nucléons,
d’augmenter le potentiel V , et le temps τ . Les facilités de manipulation des atomes alcalins
avec la lumière laser nous ont conduit à choisir le rubidium pour effectuer ce test. Par ailleurs,
l’existence des deux isotopes stables 87Rb et 85Rb, ne différant que de deux neutrons, offre
la possibilité de faire une mesure différentielle, ce qui permettra de tester indépendamment la
dissymétrie entre la charge du proton et de l’électron et la charge du neutron.

Il est envisagé d’appliquer de forts potentiels de l’ordre de 104 V à chaque électrode, ce qui
requiert l’utilisation d’électrodes dont la taille est de l’ordre de 1 cm. Cela implique de séparer
les bras de l’interféromètre sur une distance supérieure au centimètre, ce qui justifie l’emploi des
séparatrices atomiques à grands transferts de quantité de mouvement.

Performances

L’avantage de cette mesure par rapport à l’ensemble des techniques utilisées jusqu’à présent
est que les atomes ne sont pas soumis à un champ électrique, cela permet entre autres de
s’affranchir du déphasage dû à la polarisabilité de l’atome. De plus, la mesure s’effectue sur
chaque atome individuellement, ainsi elle s’affranchit aussi des effets de charges électrostatiques
parasites dont pouvaient souffrir les mesures réalisées sur des objets macroscopiques.

Finalement, la configuration fontaine de notre interféromètre permettra de bénéficier d’un
long temps d’interaction une fois les atomes à l’apogée de leur trajectoire. Cela permettra d’aug-
menter la sensibilité sur la mesure de ε, s’écrivant :

σε = h̄

2AqeV τ
σϕ (1.4.3)

avec σϕ l’incertitude en phase de l’interféromètre. En considérant une incertitude en phase de
1 mrad, un potentiel électrique V = 104 V et un temps d’interaction de 20 ms, on obtient une
incertitude sur ε de 1.9×10−23, ce qui correspond à une amélioration de deux ordres de grandeur
sur la sensibilité actuelle. L’incertitude peut être diminuée en réalisant plusieurs fois la même
mesure. Dans le cas où la mesure est réalisée N fois, l’incertitude statistique σϕ sur la moyenne
dépend de l’incertitude σ(1)

ϕ sur un cycle, du temps de cycle tc, et du temps total de la mesure
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Figure 1.8 – Trajectoires des paquets d’ondes le long de la verticale z en fonction du temps. Les
électrodes sont schématisées en orange. La disposition des électrodes par rapport
aux atomes en vert, est représentée à droite.

tmes selon la relation :

σϕ = σ(1)
ϕ

√
tc
tmes

= σ
(1)
ϕ√
N

(1.4.4)

Pour donner un ordre de grandeur, nous pouvons raisonnablement considérer une incertitude
σ

(1)
ϕ de 200 mrad par coup liée aux vibrations, en se basant sur les performances de gravimètres

atomiques présentant des temps d’interrogation comparables [80]. Cela signifie qu’il faut environ
14 heures de temps d’intégration pour atteindre une incertitude de 2 mrad avec un temps de
séquence de 5 s.

En utilisant une source cohérente d’atomes, la plus petite incertitude sur un cycle que nous
pouvons obtenir est limitée par le bruit de projection quantique :

σBPQ = 1
C
√
Na

(1.4.5)

avec C le contraste des franges d’interférence, et Na le nombre d’atomes détectés. Cette limite
peut être atteinte en minimisant les bruits de vibration grâce à un double interféromètre. Dans
une version optimale de l’expérience, nous pouvons considérer un contraste C ' 1, et Na = 106,
l’incertitude limite sur un temps de cycle est alors de 1 mrad. Après 10 heures de temps d’in-
tégration, l’incertitude atteint 12 µrad, ce qui correspond à une incertitude sur la mesure de la
charge de l’atome de 2× 10−25qe.

Améliorer la sensibilité de la mesure nécessite de prendre en compte les effets systématiques
liés à notre protocole expérimental.

L’augmentation du transfert de quantité de mouvement pour séparer les bras de l’inter-
féromètre s’accompagne d’une plus grande sensibilité aux distorsions du front d’onde, celle-ci
augmente avec l’ordre de diffraction n. Cet effet peut être réduit en utilisant des sources d’atomes
avec une faible expansion spatiale telles que les condensats.

Par ailleurs, il est possible d’effectuer des mesures avec et sans les potentiels, ce qui pré-
sente l’avantage de distinguer les effets systématiques ne dépendant pas des potentiels, de l’effet
Aharonov-Bohm scalaire. Néanmoins, il existe deux effets majeurs qui peuvent biaiser la mesure.

Le premier concerne les champs électriques résiduels, qui peuvent induire des déphasages dus
à la polarisabilité. Les champs électriques peuvent provenir en premier lieu des effets de bords
de chaque électrode. Néanmoins, ces effets de bord dépendent de la géométrie des électrodes,
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et par conséquent ils peuvent être minimisés avec une géométrie adéquate. Une seconde source
de champs électriques résiduels est l’inhomogénéité de la répartition des charges sur les conduc-
teurs métalliques constituant les électrodes. Une simulation par éléments finis d’une première
géométrie des électrodes permet de cartographier le champ électrique résiduel. Dans ce cas, la
contribution de cet effet à l’incertitude sur la mesure est estimée à 10−27qe.

Le second effet systématique que nous prévoyons est le courant transitoire créé lors de la
mise sous ou hors tension des électrodes. En considérant l’application d’un potentiel de 40 kV
pendant 0.1 ms, le champ magnétique transitoire estimé est de 300 µG, pour la géométrie prévue.
Ce champ peut entrainer un déphasage par effet Zeeman du second ordre. Dans le cas où les
champs magnétiques ne sont pas corrélés entre les deux électrodes, cela entraine un déphasage
inférieure à 1 µrad, ce qui correspond à une incertitude inférieure à 10−26qe. Dans le cas où les
électrodes sont identiques, cet effet est supprimé.

1.5 Conclusion
Notre objectif est de réaliser un interféromètre atomique à bras séparés dans la configuration

de fontaine atomique, qui permettra d’étudier l’effet de potentiels d’interaction sur la phase
atomique, une des mesures envisagées est le test de la neutralité électrique de l’atome. La taille
macroscopique des électrodes implique de séparer les bras de l’interféromètre d’une distance
supérieure à 1 cm. Pour cela, la stratégie envisagée est de mettre en œuvre des séparatrices à
grands transferts de quantité de mouvement au moyen de séquences de transitions de Bragg à
ordre élevé. Une première impulsion est prévue pour créer les deux chemins cohérents, ensuite
une série d’impulsions résonantes avec un seul des deux bras sera appliquée pour accélérer le
paquet d’ondes. L’efficacité de diffraction est d’autant plus grande que la dispersion en vitesse
de la source est faible. Nous utilisons alors des condensats de Bose-Einstein qui permettront par
ailleurs de réduire les effets systématiques liés à l’expansion spatiale de la source d’atomes.

Le test de la neutralité de la matière que nous envisageons de réaliser devrait permettre
d’améliorer de deux ordres de grandeur la précision obtenue jusqu’à présent. L’utilisation des
deux isotopes 87Rb, 85Rb permettra de savoir si l’éventuelle charge de l’atome provient d’une
dissymétrie entre la charge du proton et celle de l’électron, ou d’une charge du neutron.
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Les mesures envisagées avec le nouvel interféromètre construit au LCAR requièrent l’utilisa-
tion de condensats de Bose-Eintein comme sources d’atomes ultra-froids. Le développement des
techniques de refroidissement par laser dans les années 1980 a permis d’atteindre des tempéra-
tures de quelques µK notamment dans des gaz d’alcalins, principalement grâce aux travaux de
S. Chu, C. Cohen-Tannoudji, et W. D. Phillips, recevant le prix de Nobel en 1997 [103, 104, 105].
Néanmoins, l’obtention de gaz quantiques dégénérés nécessite d’atteindre des températures de
quelques centaines de nK, ce qui a été rendu possible par la méthode de refroidissement par
évaporation. L’utilisation de cette méthode a conduit pour la première fois à l’obtention d’un
condensat de sodium en 1995 par W. Ketterle, et d’un condensat de rubidium par E. Cornell,
et C. Wieman, tous les trois recevant alors le prix Nobel en 2001 pour leurs travaux [20, 21].
Le refroidissement par évaporation nécessite de capturer au préalable les atomes dans un piège
conservatif qui peut être magnétique et/ou optique. Dans ce chapitre, je présente dans un pre-
mier temps le dispositif expérimental dans son ensemble. Dans une seconde partie, je détaille la
mise en place et la caractérisation d’un premier piège optique obtenu par croisement de deux
faisceaux laser à 1070 nm.

2.1 Description générale
Dans cette première partie, je présente les chambres à vide dans lesquelles se déroulent

les étapes de refroidissement des atomes, et la séquence interférométrique. Les dispositifs de

29
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refroidissement des atomes par laser sont détaillés dans les thèses de Boris Décamps [106] et de
Julien Alibert [107]. Ainsi, je rappellerai les caractéristiques de ces systèmes laser.

2.1.1 Vue d’ensemble
Le dispositif expérimental est présenté figure 2.1. La préparation de la source d’atomes

commence avec le piège magnéto-optique à deux dimensions (PMO 2D) dans la chambre à vide
repérée par 1 sur la figure 2.1. Les atomes sont ensuite chargés dans un piège magnéto-optique
à trois dimensions (PMO 3D) 2 au croisement des faisceaux laser représentés par des flèches
rouges. Ils sont ensuite lancés dans la direction verticale pour réaliser un interféromètre dans la
chambre du bas 3 ou dans la chambre du haut 4 .

La conception de l’expérience répond aux critères imposés par la réalisation d’atomes ultra-
froids et par des mesures de précisions.

• L’obtention d’un condensat de Bose-Einstein doit se faire dans une chambre ultra-vide
où règne une pression inférieure à 10−10 mbar, afin de minimiser les collisions avec les
particules du gaz résiduel, responsables de pertes d’atomes.
• Comme nous l’avons vu dans le chapitre 1, l’incertitude sur la moyenne de N mesures
est donnée par :

σϕ = σ(1)
ϕ

√
tc
tmes

= σ
(1)
ϕ√
N

(2.1.1)

La réduction du temps de la séquence tc permet donc de diminuer l’incertitude, cette
réduction passe par un chargement efficace des atomes dans le PMO 3D. Or le nombre
d’atomes piégés augmente avec la pression partielle de rubidium au sein de la chambre.
Il est donc préférable de mettre en place un premier piège dans une chambre séparée où
la pression peut être plus élevée, pour ensuite charger les atomes dans le PMO 3D.
• La manipulation d’atomes froids nécessite d’utiliser des champs magnétiques. Pour ne
pas perturber l’établissement de ces champs, les matériaux utilisés sont amagnétiques
(titane, aluminium, cuivre, ...).
• L’étanchéité entre les hublots et le bâti est assurée par des joints indium, ce métal par-
ticulièrement mou épouse les rugosités des surfaces avec lesquelles il est en contact, de
plus les forces s’exerçant sur les hublots sont moins intenses qu’avec l’utilisation de brides
CF®, ce qui permet d’amoindrir la distorsion des surfaces, et ainsi les déformations des
fronts d’onde des faisceaux laser. Par ailleurs, l’ouverture numérique de chaque hublot
est augmentée. Les hublots sont aussi traités anti-reflets aux longueurs d’onde 780 nm,
1560 nm et 1064 nm.

Le piège magnéto-optique à deux dimensions (PMO 2D)

La capture des atomes commence dans un piège magnéto-optique à deux dimensions à partir
d’une vapeur de rubidium. Le dispositif a été construit au SYRTE, il se compose d’une enceinte
parallépipédique en titane avec cinq accès optiques représentée figure 2.2. Quatre hublots rec-
tangulaires identiques répartis sur les faces longues permettent de faire passer les faisceaux du
PMO 2D. Sur la face avant se trouve un hublot de 1". Un trou de 0.75 mm de diamètre se
situant sur la face opposée du hublot de 1" permet de maintenir un vide différentiel, et aussi
de diaphragmer le jet d’atomes en direction du PMO 3D. Le maintien de la pression autour de
10−7 mbar est assuré par une pompe ionique 3S-CV-1V-5K Gamma Vacuum®.
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Figure 2.2 – Représentation de la chambre à vide du PMO 2D.

Chambre de vide différentiel

Entre la chambre pour les expériences et celle du PMO 2D, se trouve une chambre dans
laquelle est maintenu un vide de 10−9 mbar à l’aide d’une pompe ionique D100 SAES® getter.
Cette chambre est un cylindre de 70 mm de diamètre en titane, elle est connectée à un tube
de 3 mm de diamètre et de 90 mm de long, ce tube présente alors une faible conductance (0.08
L.s-1), l’intérêt étant de diminuer la charge de gaz se dirigeant vers la chambre où se trouve les
atomes ultra-froids.

Chambre pour les expériences

Cette chambre a la forme d’un octogone, sur la face avant se trouve un hublot de 170 mm
de diamètre et de 20 mm d’épaisseur. La face arrière se compose d’une bride CF100 sur laquelle
sont fixées une pompe getter CapaciTorr D50® et une pompe ionique et getter D200-5 SAES,
permettant de maintenir une pression inférieure à 10−10 mbar.

Chambres pour l’interférométrie

La chambre du bas permettra de laisser tomber les atomes sur une distance de 300 mm. Cette
chambre est un parallélépipède rectangle en titane dont les quatre faces longues comportent
chacune un hublot de 1". La face du bas possède aussi un hublot de 1" qui laissera passer les
faisceaux du réseau optique pour la diffraction de Bragg des atomes.

La chambre du haut sera utilisée pour lancer les atomes vers le haut en configuration fon-
taine permettant ainsi de doubler le temps de la séquence interférométrique. L’enceinte du haut
comporte deux hublots rectangulaires avec des dimensions de 90 × 40 mm. Un passage pour les
électrodes est prévu pour faire passer des tensions de l’ordre de 104 V, celles-ci seront situées
à 200 mm de la position initiale des atomes. Pour que l’apogée de la trajectoire des atomes
coïncide avec la position des électrodes, il faudra lancer les atomes vers le haut avec une vitesse
initiale de 2 m.s-1.

C’est dans ces différentes chambres à vide que la source d’atomes ultra-froids est élaborée,
par la suite je détaille les étapes de sa réalisation, en commençant par expliquer la première
étape que nous utilisons pour refroidir les atomes : le piège magnéto-optique.
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Figure 2.3 – Les flèches noires représentent l’onde laser à la fréquence ωL lorsque l’atome est
au repos. Les flèches rouges et bleue représentent les changements de fréquence
de l’onde laser perçues par l’atome dus à l’effet Doppler lorsque celui-ci a une
vitesse v.

2.1.2 Principe du piège magnéto-optique
L’intérêt du piège magnéto-optique est de refroidir les atomes et de les piéger spatialement, en

utilisant une mélasse optique et l’effet Zeeman pour créer une force de rappel. Le refroidissement
d’un gaz d’atomes par laser a été proposé en 1975 par T.W. Hänsch et A.L. Schawlow [108] et
réalisé en 1987 par E. L. Raad, S. Chu et D. Pritchard avec des atomes de sodium [109]. Un
modèle détaillé du PMO peut se trouver dans [110, 111]. Je rappelle ici le principe d’un tel piège.

Mélasse optique

Pour comprendre le principe du refroidissement dans une mélasse optique, considérons dans
un premier temps un atome à deux niveaux. Lorsqu’un atome est placé dans un champ électro-
magnétique monochromatique de pulsation ωL, et de vecteur d’onde k, il se crée un couplage
entre le champ et l’atome qui échangent alors des quanta d’énergie h̄ωL et d’impulsion h̄k au
cours de cycles d’absorption et d’émission spontanée. Or, le caractère isotrope de l’émission
spontanée entraine une force de recul sur l’atome qui est en moyenne nulle. La force exercée sur
les atomes provient alors principalement de l’absorption des photons par l’atome, cette force est
donc dirigée dans le sens de propagation de la lumière, et s’écrit :

F = h̄kΓρe (2.1.2)

où Γ est la largeur naturelle de la transition, et ρe la population de l’état excité dont l’évolution
est donnée par les équations de Bloch optiques. En régime stationnaire, cette population est
donnée par :

ρe = 1
2

s0
1 + s0 + (2δ/Γ)2 (2.1.3)

où δ = ωL − ω0 est le désaccord entre la fréquence du laser ωL et la fréquence de la résonance
atomique ω0, s0 = I/Is est le paramètre de saturation avec I l’intensité du laser et Is l’intensité
de saturation.

Un atome avec une vitesse v dans le champ laser va voir une fréquence décalée par effet
Doppler de telle sorte que le désaccord devient δ′ = δ − k.v. Un désaccord δ du laser dans
le rouge (δ < 0) par rapport à la transition atomique engendre une absorption de photons de
préférence pour les atomes se déplaçant en sens opposé à l’onde incidente comme représenté
figure 2.3. Ils sont donc ralentis selon la direction de l’onde laser.

En sommant les contributions des forces exercées sur les atomes par deux ondes contrapropa-
geantes et en se plaçant dans le cas de faible vitesse v ∼ 0, on obtient une force qui s’apparente
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à une force de friction :

F = −αv avec α = 8h̄k2s0δ

Γ(1 + s0 + (2δ/Γ)2)2 (2.1.4)

Avec trois paires de faisceaux laser contra-propageants dans les trois directions de l’espace il
est possible de refroidir un nuage d’atomes dans ces trois directions. Le mouvement des atomes
devrait donc être amorti jusqu’à ce que leur vitesse soit nulle. En fait, la diffusion de photons par
émission spontanée et le caractère poissonien de l’absorption entraîne un mouvement aléatoire
des atomes, responsable du chauffage du nuage. En effet, après un temps suffisamment long, ces
fluctuations entraînent une dispersion en impulsion ∆p. On peut alors en déduire la température
du nuage dans le cas du refroidissement Doppler :

kBT = ∆p2

2m (2.1.5)

Cette température est minimale pour δ = −Γ/2 [112], elle correspond à la température dite
Doppler :

kBTD = h̄Γ
2 (2.1.6)

Pour le rubidium 87, TD=144 µK. Néanmoins, des mécanismes de refroidissement sub-
Doppler conduisent à des températures plus basses de l’ordre de quelques µK dans des mélasses
optiques, il s’agit d’un refroidissement sub-Doppler. Ce phénomène a été observé pour la pre-
mière fois par W.D. Phillips en 1988 avec une mélasse d’atomes de sodium [113]. Les différents
mécanismes qui peuvent conduire au refroidissement sub-Doppler sont détaillés dans [114].

Confinement magnétique

Pour confiner spatialement les atomes, un champ magnétique inhomogène est ajouté. L’in-
teraction entre le moment magnétique des atomes et le champ s’écrit :

U(r) = −µ.B(r) = gFmFµBB(r) (2.1.7)

où µ = gFmFµB est le moment magnétique de l’atome, avec gF le facteur de Landé, µB le ma-
gnéton de Bohr, et mF le sous niveau magnétique de l’état hyperfin F considéré. En considérant
une seule dimension, le désaccord perçu par les atomes à la position z et ayant une vitesse v
s’écrit :

δ′ = δ − k.v + gFmFµBB(z)
h̄

(2.1.8)

Pour créer une zone de confinement spatiale, la méthode la plus simple consiste à créer un
quadrupôle de champ magnétique avec deux bobines placées en configuration anti-Helmholtz.
Dans cette configuration, le champ magnétique varie linéairement dans la zone proche du zéro
de champ pris en z = 0, il peut donc s’écrire B(z) = b′z, avec b′ le gradient de champ ma-
gnétique. Pour effectuer les transitions entre les sous niveaux magnétiques, il est nécessaire de
polariser circulairement les ondes contra-propageantes en σ− et σ+ comme représenté figure 2.4.
Le désaccord dépendant de la position, il en est de même de la force de pression de radiation
exercée sur les atomes. Un développement limité sur la variable de position z autour du zéro
de champ (z ∼ 0) permet de montrer qu’une force de rappel s’ajoute à la force de friction, les
atomes sont alors confinés dans la zone proche du zéro de champ, et la résultante des forces qui
s’exerce sur les atomes peut s’écrire :
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Figure 2.4 – Décalage en énergie des sous niveaux magnétiques du niveau hyperfin F = 3 pour
un gradient linéaire de champ magnétique suivant la dimension d’espace z.

F = −αv− κzez avec κ = gFmFµBb
′

h̄k
α (2.1.9)

Si les faisceaux sont désaccordés vers le rouge δ < 0, alors les atomes subissent des oscillations
amorties.

Pour le rubidium, la transition atomique utilisée pour refroidir les atomes est la raie D2
correspondant à la transition entre les niveaux 5S1/2 et 5P3/2 du rubidium 87, voir figure 2.5.
En réalité, l’atome possède une structure hyperfine avec plusieurs niveaux d’énergie. Celle-ci
provient du couplage entre le moment magnétique du noyau et le moment magnétique électro-
nique comprenant la contribution du moment cinétique orbital et du spin de l’électron. Le laser
“refroidisseur” responsable du refroidissement des atomes est accordé sur la transition cyclante
entre les deux niveaux de la structure hyperfine F = 2 ↔ F ′ = 3. Néanmoins, le laser peut
aussi adresser la transition F = 2 ↔ F ′ = 2, les atomes peuvent alors se désexciter dans l’état
F = 1 où ils ne peuvent plus subir de transition avec le laser refroidisseur. Afin de repeupler
l’état F = 2, un deuxième laser “repompeur” est accordé sur la transition F = 1 ↔ F ′ = 2.

2.1.3 Réalisation expérimentale
Je présente dans cette partie la réalisation du piège magnéto-optique et ensuite je détaille

les systèmes laser permettant le refroidissement des atomes.

Configuration standard

La configuration standard d’un piège magnéto-optique est représentée sur la figure 2.6, elle
consiste à placer trois paires de faisceaux laser selon les axes propres du quadrupôle magnétique.
Il est aussi possible d’utiliser trois faisceaux rétro-réfléchis, ce qui correspond à notre configu-
ration, cela permet d’augmenter la puissance envoyée sur les atomes pour une même puissance
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Figure 2.5 – Niveaux d’énergie de la structure hyperfine du 87Rb. Les flèches en vert et rouge
représentent respectivement les transitions sur lesquelles sont asservies les lasers
repompeur et refroidisseur du 87Rb.

délivrée par la source laser. L’inconvénient du PMO rétro-réfléchi est l’effet d’ombre créé lors
du premier passage sur le profil d’intensité du faisceau rétro-réfléchi. Nous verrons dans le der-
nier chapitre une autre configuration qui permet d’augmenter la densité d’atomes capturés avec
l’utilisation d’une puce à atomes.

Système laser pour le refroidissement des atomes

Comme je l’ai mentionné auparavant, pour mener à bien le refroidissement des atomes, il
est nécessaire d’utiliser un laser “refroidisseur” et un laser “repompeur” dont je détaille les
caractéristiques dans la suite. Je présente les systèmes laser pour les deux isotopes du rubidium,
87 et 85, bien que dans la suite, nous réalisons un condensat seulement avec le rubidium 87.

Pour le système laser du 87Rb, les diodes des lasers repompeur et refroidisseur sont à 780 nm.
Durant les différentes étapes de refroidissement, seul le laser refroidisseur a besoin d’être agile
en fréquence, le laser repompeur garde une fréquence fixe. La fréquence du laser repompeur est
asservie sur une transition atomique du 87Rb, et la fréquence du laser refroidisseur est asservie
sur celle du repompeur.

Le laser repompeur est une diode à cavité étendue Toptica® (DL Pro 100 780-11355) dont
la fréquence est asservie par une technique de spectroscopie par modulation de phase à l’aide
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Figure 2.6 – Configuration standard d’un piège magnéto optique. Trois paires de faisceaux laser
sont placés suivant les axes propres du quadrupôle magnétique formés par deux
bobines en configuration anti-Helmholtz.

d’un modulateur électro-optique à 5 MHz. La spectroscopie est réalisée à l’aide d’un montage
d’absorption saturée. La fréquence est asservie sur le croisement de la transition F = 1 ↔
F ′ = 1/F ′ = 2, représentée sur la figure 2.5. Le signal de l’absorption saturée est détecté par
une photodiode Hamamatsu® (G4176-03) et démodulé, il en résulte un signal d’erreur utilisé
par un régulateur PID (Proportionnel Intégrateur Dérivateur) qui envoie alors une correction
au courant de la diode laser.

Le laser refroidisseur est une diode Cheetah® à cavité étendue de la marque Sacher®. L’as-
servissement de sa fréquence est réalisée avec le signal du battement entre le laser repompeur et
le laser refroidisseur. La chaîne de fréquence qui traite le signal du battement et envoie la cor-
rection au laser refroidisseur est représentée figure 2.7. Environ 1 mW de puissance est prélevée
au faisceau refroidisseur pour réaliser le signal de battement sur une photodiode (Hamamatsu®

G4176-03) dont la bande passante est de 25 GHz, la fréquence du battement est de 6.569 GHz
lorsque le refroidisseur est à résonance. On fait interférer ce signal, après amplification, avec un
signal de référence à 6.383 GHz, pour ramener la fréquence à 186 MHz. Ce signal de référence
provient d’un VCO (Voltage Controlled Oscillator) dont la fréquence est doublée, puis filtrée,
la fréquence du VCO est ajustable est permet de faire varier le désaccord. Un convertisseur
fréquence-tension permet alors de créer une tension proportionnelle à la fréquence, on soustrait
à cette tension, une tension constante afin d’obtenir un signal d’erreur s’annulant pour une fré-
quence de battement de 186 MHz. Ce signal d’erreur est utilisé par un régulateur PID Sacher®

(Servo Controller LB2001), qui délivre une correction au courant de la diode laser. Cet asser-
vissement permet un ajustement du désaccord du laser refroidisseur de +5 Γ à -40 Γ avec un
temps de réponse de 500 µs, limitée principalement par l’agilité du VCO.

La puissance du faisceau refroidisseur en sortie de la diode laser est amplifiée par un am-
plificateur optique évasé (TEC-400-0780-2500) fournissant 700 mW de puissance après injection
dans une fibre monomode. Cette puissance est répartie entre le PMO 3D et le PMO 2D. Un
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Figure 2.7 – Boucle d’asservissement de la fréquence du laser refroidisseur.

autre amplificateur optique permet de fournir 1.5 W de puissance pour les faisceaux du PMO
2D. Environ 30 mW de refroidisseur et 2 mW de repompeur se retrouve en sortie de chacune
des trois fibres du PMO 3D.

Le banc optique utilisé pour le refroidissement laser comprend aussi les faisceaux laser re-
froidisseur et repompeur pour le 85Rb, ainsi quatre faisceaux laser sont injectés dans chaque
fibre du PMO 3D. Le système laser utilisé pour le 85Rb, est un système compact commercialisé
par Muquans®. Il est basé sur les technologies de télécommunication à fibres optiques à 1560
nm. N’ayant pas utilisé le système de refroidissement laser pour le 85Rb pendant ma thèse,
je ne détaillerai pas davantage ses caractéristiques. Néanmoins, ce système a fait l’objet d’une
caractérisation qui peut être trouvée dans la thèse de B. Décamps [106].

Ce système laser a la particularité d’être robuste et opérationnel pendant plusieurs jours
sans aucune intervention. La largeur spectrale des lasers est estimée à moins de 600 kHz grâce
à la mesure de la fréquence de battement des deux lasers avec un analyseur de spectre.

2.1.4 Système de détection
Le nombre d’atomes est déterminé en mesurant la fluorescence émise lorsque le nuage est

éclairé par de la lumière résonante à 780 nm. La lumière émise par les atomes constituent le
signal de fluorescence qui est collecté par deux systèmes de détection représentés sur la figure
2.13.

• Une caméra Grasshopper® à transfert de charge (CCD) Pointgrey® placée devant le hublot
central à 45° de la verticale, permet d’imager le nuage d’atomes dans le PMO 3D. Nous
verrons dans la partie 2.2.4 que cette caméra est aussi utilisée pour ajuster le croisement
entre les deux faisceaux dipolaires. Je me référerai à cette caméra comme la caméra de
profil.
• Une caméra ORCA-Flash4.0 sCMOS de marque Hamamatsu® est utilisée pour observer

le nuage d’atome en fin de séquence de refroidissement. Cette caméra a été étalonnée
pour mesurer le nombre d’atomes, la taille et la position du nuage. Un des avantages de
la technologie sCMOS est d’avoir un bruit d’obscurité comparable aux caméras EMCCD 1

1. Les caméras EMCCD sont capables de détecter un faible flux de photons, voire des photons uniques.
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à un moindre coût. Je me référerai à cette caméra comme la caméra de profil.

La séquence de détection consiste à faire une première image avec les atomes, et une deuxième
sans les atomes, la soustraction des deux images permet de s’affranchir du bruit de fond dû à
la diffusion de la lumière excitant le nuage. Pour générer le signal de fluorescence une impulsion
de lumière de 100 µs avec les faisceaux du PMO 3D est envoyée sur les atomes. Cette première
impulsion transfère de la quantité de mouvement au nuage d’atomes qui est alors expulsé hors
du champ de vue de la caméra.

Gain de la caméra

La caméra image le nuage d’atomes suivant l’axe y, l’image obtenue résulte alors de l’inté-
gration du signal de fluorescence suivant ce même axe. Le capteur sCMOS convertit un signal
lumineux en signal électrique par effet photo-électrique. Nous avons étalonné la caméra pour
connaître le gain entre le nombre de photons collectés et le nombre d’électrons délivrés par
le capteur sCMOS. Un ajustement du gain mesuré pour différents temps d’exposition texp, à
différentes puissances, permet de trouver la loi empirique suivante :

G = a(texp)−c + b avec



a = −0.030 u.a.

b = 0.89 u.a.

c = 1.14

texp en s

(2.1.10)

Connaissant le nombre de photons reçus, il est possible d’en déduire le nombre d’atomes en
considérant que tous les atomes du nuage ont émis le même nombre de photons. Le nombre
de photons total reçus correspond alors au taux de photons émis par atome dans l’angle solide
de collection Ωs multiplié par le nombre total d’atome, ce qui permet d’en déduire le nombre
d’atome Nat :

Nat = 8π[1 + s0 + (2δ/Γ)2]
s0ΓΩstexp

Nph (2.1.11)

où δ est le désaccord du laser refroidisseur, et Γ la largeur naturelle de la raie D2 du 87Rb.
Le paramètre s0 est le paramètre de saturation défini en 1.1.2. Lors de l’imagerie, le champ
magnétique est supposé nul, il est donc difficile de définir un axe de quantification, nous prenons
alors la valeur de Is pour une polarisation isotrope, soit 3.57 mW.cm-2.

En réalité, tous les atomes n’émettent pas avec le même taux. Lors de la traversée du nuage,
l’intensité du faisceau diminue car les atomes de la couche extérieure absorbent la lumière, les
atomes situés au centre du nuage vont donc émettre des photons avec un taux plus faible que
ceux à la périphérie du nuage. De plus, les photons émis par les atomes au centre peuvent être
réabsorbés par les atomes de la couche extérieure. Ces deux effets conduisent à sous estimer le
nombre d’atomes dans le cas de nuage trop dense. Une étude détaillée est menée dans la thèse
de J. Alibert [107], et montre que le nombre d’atomes n’est pas connu à mieux que ± 60 %.

Angle solide de collection

L’angle solide Ωs sous lequel sont perçus les atomes est limité par la première lentille de
collection. Le nuage se trouve à une distance d de cette lentille de diamètre D représenté figure
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Figure 2.8 – Schéma du système de détection composé d’un doublet de lentilles Thorlabs®

(AC508-150-B) et d’un triplet Melles Griot® (LAP-250-50-PM + APM-250-50-
PM). L’image des atomes est formée sur le capteur sCMOS de la caméra ORCA-
Flash 4.0

2.8, ce qui permet de calculer l’angle solide :

Ωs =
∫ 2π

0
dϕ

∫ β

0
sinθdθ = 2π(1− cosβ) (2.1.12)

avec β = arctan(D/d), D = 50 mm, et d = 135 mm, l’angle solide est de 0.4 sr, ce qui signifie
que la caméra reçoit alors 3 % de la lumière émise par l’ensemble des atomes du nuage, en
considérant que la diffusion de la lumière par les atomes est isotrope.

Bruit de fond résiduel

Une manière simple de calculer le nombre d’atomes consiste à intégrer le signal sur toute
une zone du capteur choisie au préalable. Cette étape est réalisée après avoir soustrait les deux
images prises pendant la séquence de détection. Néanmoins, l’image présente un bruit de fond
résiduel illustré figure 2.9. Afin de s’en affranchir, nous effectuons un ajustement gaussien sur le
profil vertical (axe z). Le bruit de fond est alors estimé par la valeur du minimum de l’ajustement
multiplié par la taille de la fenêtre, cette valeur est alors retranchée au signal intégré.

Optiques de collection

L’image des atomes sur la caméra est réalisée par un triplet de lentilles Melles Griot® (LAP-
250-50-PM + APM-250-50-PM) qui fait l’image des atomes à l’infini, et un doublet de lentilles
Thorlabs® (AC508-150-B) de 150 mm de focale faisant l’image du nuage sur la caméra. Le
triplet permet de corriger en partie les aberrations géométriques engendrées par le hublot de 10
mm d’épaisseur. Nous avons conçus un système d’imagerie de telle sorte que la résolution soit
inférieure à la taille des pixels de la caméra de 6.5 µm. Les simulations effectuées avec le logiciel
Zemax donnent une résolution de 5 µm limitée par les aberrations géométriques. La résolution
du système a ensuite été évaluée à l’aide d’une mire de transmission, celle-ci a été déterminée
à 6.5 µm, limitée par la taille des pixels. Le grandissement de notre système est de 1, nous
verrons qu’il permet de résoudre une double structure caractéristique d’un nuage partiellement
condensé, que nous verrons plus en détail dans le chapitre 3.
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(a) (b)

Figure 2.9 – (a) Image d’un nuage d’atomes dans le piège dipolaire optique. (b) La courbe
représente la densité intégrée suivant l’axe x. Les points expérimentaux sont en
bleus, l’ajustement gaussien est en trait plein rouge. La flèche en noire pointe le
minimum de l’ajustement gaussien.

Afin d’assurer le centrage des optiques avec le capteur de la caméra, l’ensemble est fixé dans
un support mécanique conçu et réalisé au LCAR, dont le schéma est présenté figure 2.8.

Imagerie par fluorescence

La détection des atomes se fait par imagerie par fluorescence en utilisant les faisceaux du
PMO 3D. La position et la taille du nuage sont extraites grâce à un ajustement gaussien
du profil de densité. Le bruit de fond présent sur chaque image de la caméra est retranché
au signal total intégré pour obtenir une meilleure estimation du nombre d’atomes. La
résolution du système de détection a été mesurée à 6.5 µm, elle est limitée par la taille des
pixels de la caméra.

2.2 Piège dipolaire à 1070 nm
L’obtention d’un nuage ultra-froid passe par une étape de refroidissement par évaporation

[110]. Pour cela, il faut au préalable capturer les atomes dans un piège conservatif. Un refroi-
dissement par évaporation efficace signifie que la température du nuage diminue rapidement et
que la perte d’atomes est minimale, ce qui est favorisé par un taux de collisions élastiques élevé
dans le piège. Ainsi, notre piège est constitué de deux faisceaux croisés à 1070 nm avec un waist
de 120 µm auquel on vient ajouter un autre faisceau à 1560 nm avec un waist de 30 µm, qui
permet d’augmenter le confinement des atomes et ainsi le taux de collisions élastiques. Dans
cette partie, je décris les caractéristiques et les résultats obtenus avec le piège croisé à 1070 nm
que j’appellerai réservoir. Le piège à 1560 nm souvent appelé dimple est décrit dans le chapitre 3.

Le piègeage d’atomes par la force dipolaire a été démontré expérimentalement en 1986 [115]
avec des atomes de sodium 23Na. Depuis, les pièges optiques sont utilisés dans les expériences
d’atomes froids, permettant par exemple d’étudier des configurations telles que des pièges à deux
dimensions [116], ou de simuler des réseaux cristallins [25]. Par ailleurs, l’utilisation de piège
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dipolaire a permis d’atteindre le régime de dégénérescence quantique pour la première fois en
2001 avec du 87Rb [117]. Les pièges optiques ont aussi permi d’atteindre le régime d’emballement
pour lequel le taux de collisions élastiques augmente au cours de l’évaporation [118].

Ces pièges présentent plusieurs avantages par rapport au piège magnétique. Ils offrent un
confinement important lors du chargement, ce qui permet d’atteindre des taux de collisions
élevés, de l’ordre de quelques centaines par seconde, et des densités dans l’espace des phases,
de l’ordre de 10−4, ainsi le processus d’évaporation se fait plus rapidement que dans des pièges
magnétiques de taille macroscopique. De plus, les pièges optiques ne lèvent pas la dégénérescence
des sous niveaux magnétiques, ce qui laisse un degré de liberté supplémentaire pour manipuler les
atomes. Ils permettent par exemple d’étudier les résonances de Feshbach [119], celles-ci peuvent
être utilisées, par exemple, pour créer des condensats de molécules [120, 121].

Les pièges optiques présentent aussi certaines limites comme la difficulté d’atteindre le ré-
gime d’emballement à cause de la diminution des fréquences avec la baisse de la profondeur
du piège, ou le faible volume de piégeage au chargement. Ils nécessitent par ailleurs des lasers
puissants et des banc optiques volumineux ce qui pose des limites quant à leur utilisation pour
des missions embarquées pour lesquelles des pièges magnétiques sur puces sont plus adéquates,
dont je reparlerai dans le chapitre 5.

2.2.1 Rappels sur la force dipolaire
Considérons un atome à deux niveaux séparés d’une énergie h̄ω0, en interaction avec un laser

de pulsation ωL. Pour comprendre l’origine de la force dipolaire, on utilise le modèle classique de
l’électron élastiquement lié, où l’atome est traité de façon classique comme un oscillateur dont la
fréquence de résonance est ω0, ce traitement provient de la référence [122]. Le champ électrique
du laser E(r, t) de pulsation ωL induit un moment dipolaire d(r, t) de l’atome :

d(r, t) = α(ωL)E(r, t) (2.2.1)

où α(ωL) est la polarisabilité de l’atome, s’écrivant :

α(ωL) = 6πε0c3 Γ/ω2
0

ω2
0 − ω2

L − i(ω3
L/ω

2
0)Γ (2.2.2)

avec Γ le coefficient d’amortissement correspondant à la largeur naturelle de la transition entre
les deux niveaux. Ce coefficient est en général calculé dans une approche semi-classique avec les
éléments de matrice du moment dipolaire d :

Γ = ω3
0

3πε0h̄c3 | 〈e| d |f〉 |
2 (2.2.3)

On remarque que dans le cas d’un atome à plusieurs niveaux, il faut prendre en compte les
contribution des différentes transitions. Dans le cas où l’effet de saturation peut être négligé
le calcul semi-classique et classique donne les mêmes résultats au pourcent près, une approche
classique est donc suffisante. L’énergie d’interaction avec le champ électrique s’écrit alors :

U = −1
2〈d(r, t).E(r, t)〉 = − 1

2ε0c
Re(α)I(r) (2.2.4)

= −3πc2

2ω3
0

( Γ
ω0 − ωL

+ Γ
ω0 + ωL

)
I(r) (2.2.5)

avec I(r) l’intensité lumineuse telle que I(r) = ε0c|E(r)|2.
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Le profil du potentiel est donc déterminé par le profil de l’intensité laser. Pour un désaccord
du laser dans le rouge (ωL − ω0 < 0), les atomes sont piégés par les maxima d’intensité laser,
pour un désaccord dans le bleu (ωL−ω0 > 0), les atomes sont piégés par les minima d’intensité.

Nous utilisons un laser à 1070 nm et un laser à 1560 nm pour piéger des atomes de 87Rb, ils
sont donc désaccordés dans le rouge par rapport à la transition atomique à 780 nm. Or, cette
espèce atomique présente deux raies D1 et D2 proches en énergie telle que les termes résonants
en 1/(ω0 − ωL) dans l’expression (2.2.5) sont comparables, il faut donc prendre en compte la
contribution de ces deux raies dans le calcul du potentiel U . Les raies D1 et D2 correspondent
respectivement aux transitions entre les niveaux 5S1/2 et 5P1/2, et entre les niveaux 5S1/2 et
5P3/2 [123]. Par ailleurs, la struture hyperfine n’est pas prise en compte car le désaccord du
laser est beaucoup plus grand que l’écart en fréquence entre les niveaux hyperfins. Le potentiel
devient alors [122] :

U(r) = −3πc2

2

[
ΓD1
ω3
D1

( 1
ωD1 − ωL

+ 1
ωD1 + ωL

)
+ ΓD2
ω3
D2

( 1
ωD2 − ωL

+ 1
ωD2 + ωL

)]
I(r) (2.2.6)

que l’on réécrit :
U(r) = κ(ωL)I(r) (2.2.7)

avec ωD1 et ωD2 les pulsations associées aux raies D1 et D2, ωL la pulsation du laser et ΓD1,
ΓD2 les largeurs naturelles des raies D1 et D2. Ce potentiel peut aussi être vu comme le dépla-
cement du niveau d’énergie de l’état fondamental 5S1/2 par l’effet Stark AC, qui créé aussi un
déplacement opposé des niveaux d’énergie des états excités 5P3/2 et 5P1/2.

Taux de diffusion de photons

Bien que le laser soit loin de résonance, les atomes peuvent absorber des photons, et se
désexciter par émission spontanée. Le taux de photons diffusés peut alors être évalué par [122] :

Γdif = 3πc2

2h̄ω3
0

(
ωL
ω0

)3 ( Γ
ω0 − ωL

+ Γ
ω0 + ωL

)2
I(r) (2.2.8)

Cette diffusion entraîne un chauffage du nuage et des pertes d’atomes. En moyenne chaque
diffusion de photon augmente l’énergie thermique de deux fois l’énergie de recul, le taux de
chauffage s’exprime alors par :

Ṫ = 2ErΓdif
kB

= mv2
r

kB
Γdif (2.2.9)

On remarque que le potentiel U diminue avec le désaccord en 1/(ω0−ωL), alors que le taux
de diffusion varie en 1/(ω0 − ωL)2, il est donc préférable d’utiliser des lasers très désaccordés
pour réaliser un piège dipolaire.

Pour un faisceau gaussien de waist w0 = 100 µm et de puissance P = 1 W à 1070 nm, le taux
de chauffage est estimé à 25 nK.s-1. Pour un laser à 1560 nm avec w0 = 30 µm et P = 2 W, le
taux de chauffage est de 70 nK.s-1. Or lors de l’évaporation nous passons d’un nuage de quelques
dizaines de µK à quelques dizaines de nK en quelques secondes, l’efficacité de l’évaporation ne
sera alors que peu affectée par le taux de chauffage.

Cas d’un seul faisceau gaussien

Pour exprimer les paramètres importants pour un piège dipolaire, je considère dans un
premier temps le cas d’un seul faisceau gaussien de puissance P , focalisé sur les atomes avec un
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Figure 2.10 – Profil d’un faisceau gaussien selon son axe propagation z, zR est la longueur de
Rayleigh

waist w0, ce faisceau se propage suivant l’axe z, l’expression du potentiel U(x, y, z) est alors :

U(x, y, z) = U0

(
w0
w(z)

)2
exp

(
−2(x2 + y2)

w2(z)

)
(2.2.10)

avec w(z) = w0
√

1 + z2/z2
R représenté sur la figure 2.10, zR = πw2

0/λ la longueur de Rayleigh,
et U0 = κ(ωL)2P/πw2

0 .

Lorsque les atomes sont suffisamment froids, ils n’ont pas une énergie suffisante pour ex-
plorer les ailes du piège, nous pouvons donc considérer qu’ils sont dans un puits de potentiel
infiniment profond et l’approximer par un potentiel harmonique, il est alors possible de calculer
les fréquences du piège selon ses axes propres.

ω⊥ = ωi =

√√√√ 1
m

∂2U

∂x2

∣∣∣∣∣
(0,0,0)

=
√
−4U0
mw2

0
i = x, y (2.2.11)

ω� = ωz =

√√√√ 1
m

∂2U

∂z2

∣∣∣∣∣
(0,0,0)

=
√
−2U0
mz2

R

(2.2.12)

Le rapport entre les fréquences transverses et la fréquence longitudinale est alors de :

ω⊥
ω�

=
√

2πw0
λ

(2.2.13)

Pour w0 de l’ordre de 100 µm et λ = 1070 nm, le rapport est de 4×102, ainsi un faisceau gaussien
présente un confinement beaucoup plus important selon les directions transverses.

2.2.2 Géométrie du piège réservoir
Afin de mieux confiner les atomes suivant l’axe longitudinal, il est possible de rajouter un

second faisceau pour augmenter le confinement longitudinal [118, 68, 117]. Ce faisceau peut
provenir d’un autre laser, ou alors du recyclage du premier faisceau en le refocalisant au waist
du premier. Les potentiels créés s’ajoutant, la profondeur du piège est alors augmentée (en
considérant qu’il n’y ait pas d’interférences). Considérons deux faisceaux focalisés au même
point et faisant un angle 2α entre eux comme représenté sur la figure 2.11(a), les fréquences du
nouveau piège deviennent :
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(a)

(b)

Figure 2.11 – (a) Vue dans le plan (xOy) de deux faisceaux focalisés au même point, formant
un angle 2α entre eux. (b) Représentation de la profondeur du piège dans le
plan (xOy).


ω2
x = (1− cos2α)ω2

⊥ + (1 + cos2α)ω2
�

ω2
y = (1 + cos2α)ω2

⊥ + (1− cos2α)ω2
�

ω2
z = 2ω2

⊥

(2.2.14)

Le confinement est maximal et presque isotrope quant les deux faisceaux sont orthogonaux.
Dans notre expérience, les faisceaux se propagent dans le plan horizontal, dans cette configu-

ration la force dipolaire compense au mieux la gravité, et la profondeur du piège est maximisée.
L’angle entre les deux faisceaux de 12° est limité par la taille du hublot de la face arrière de 35
mm de diamètre. Ce piège sera qualifié de réservoir dans la suite. L’ensemble est représenté sur
la figure 2.13, le second piège dipolaire, le dimple, est représenté en bleu.

Les caractéristiques du piège sont modélisées en prenant en compte la gravité. Dans le modèle,
je considère deux faisceaux à 1070 nm croisés en leur waist d’intensité I1 et I2 et de waist w1,
et w2, formant un angle 2α entre eux. Les deux faisceaux sont dans le plan horizontal (xOy), la
gravité est suivant l’axe z. Le potentiel créé par le croisement des deux faisceaux s’écrit alors :

U(x, y, z) = U1

1 +
(
xcosα+ysinα

zR1

)2 exp

−2(z2 + (−xsinα+ ycosα)2)[
1 +

(
xcosα+ysinα

zR1

)2
]
w2

1


+ U2

1 +
(
xcosα−ysinα

zR2

)2 exp

−2(z2 + (xsinα+ ycosα)2)[
1 +

(
xcosα−ysinα

zR2

)2
]
w2

2


+mgz

(2.2.15)
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Figure 2.12 – Profil du potentiel selon les axes propres du piège réservoir, x, y, et z. La pro-
fondeur U0 est représentée par la flèche noire. Le potentiel est tracé pour une
puissance de 17 W et un waist de 95 µm.

avec U1,2 = κ(ω)I1,2.
Le potentiel U(x, y, z) est représenté sur la figure 2.11(b) pour z = 0 en fonction de x et

de y. Nous pouvons déterminer les fréquences du piège ainsi que sa profondeur. Comme nous
l’avons vu auparavant, le potentiel peut être approximé par un potentiel harmonique dont nous
déterminons les fréquences propres en diagonalisant la matrice hessienne du potentiel en son
minimum, les termes de la matrice correspondent aux dérivées partielles secondes du potentiel,
elle s’écrit :

H(U(x, y, z)) =


∂2U
∂x2

∂2U
∂x∂y

∂2U
∂x∂z

∂2U
∂y∂x

∂2U
∂y2

∂2U
∂y∂z

∂2U
∂z∂x

∂2U
∂z∂y

∂2U
∂z2

 (2.2.16)

Les valeurs propres sont les carrés des pulsations propres, et les vecteurs propres corres-
pondent aux axes propres, ce qui permet de tracer les profils du potentiel suivant ces axes,
représentés sur la figure 2.12. A partir de ces profils, il est possible de calculer la profondeur du
piège qui correspond à l’énergie minimale que les atomes situés au fond du piège doivent acquérir
pour s’échapper. Sur la figure 2.12, nous voyons que l’axe selon lequel la barrière d’énergie à
franchir est la plus faible est selon la gravité.

Les fréquences obtenue par la modélisation sont ωx ' 2π × 110 Hz, ωy ' 2π × 610 Hz, et
ωz ' 2π × 620 Hz, ce qui donne une fréquence moyenne de ω̄ = (ωxωyωz)1/3 ' 2π × 340 Hz..
Ces fréquences sont obtenues pour une puissance de 17 W et un waist de 95 µm, la valeur du
waist pour cette puissance est déduite de mesures détaillées dans le chapitre 3, la profondeur du
piège pour ces mêmes paramètres est de 340 µK.

2.2.3 Réalisation expérimentale
Dans cette partie je présente les caractéristiques du laser utilisé pour créer le piège. Je

détaille ensuite la mise en forme du faisceau et le contrôle en puissance en vue de l’optimisation
des rampes d’évaporation.
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Figure 2.13 – Les faisceaux rouges transparents sont les faisceaux du PMO 3D. Le piège croisé
est représenté par les faisceaux verts, le second piège dipolaire utilisé pour l’éva-
poration est représenté en bleu, il sera décrit en détail dans le chapitre 3. La
caméra sCMOS est représentée en bleu, et la caméra de face en orange.

Source laser

Le piège réservoir est réalisé avec un laser à fibre 1 dopée à l’ytterbium à 1070 nm avec une
largeur spectrale d’environ 1 nm. Il s’agit d’un laser multimode capable d’émettre une puissance
maximale de 100 W. Le mode spatial en sortie de la fibre est caractérisé par un M2 = 1.1,
celui-ci a été mesuré après avoir focalisé le faisceau avec une lentille de 100 mm de distance
focale, voir figure 2.14.

Mise en forme des faisceaux

Le schéma du montage optique est donné figure 2.15. Le manque d’espace dans le plan
horizontal du PMO 3D nous contraint à installer le montage sur deux niveaux.

Le premier élément installé après le collimateur de fibre est un cube à séparation de pola-
risation précédé d’une lame demi-onde, cela permet de contrôler la puissance envoyée sur les
atomes sans modifier le point de fonctionnement du laser, et aussi de filtrer la polarisation. La

1. IPG YLR-100
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Figure 2.14 – Le waist du faisceau est mesuré avec une caméra CCD en faisant un ajustement
gaussien sur le profil du faisceau après une lentille de 100 mm de distance fo-
cale. L’abscisse correspond à la distance à la lentille. Les points bleus et rouges
représentent le profil du waist suivant deux directions orthogonales. Les courbes
en trait plein sont les ajustements permettant d’en déduire la valeur du M2.

puissance non utile est transmise par le cube et dissipée dans un bloqueur de faisceau refroidi à
l’eau. Un système afocal composé des lentilles L1 et L2 permet ensuite d’ajuster la taille du waist
afin d’optimiser l’efficacité de diffraction dans le modulateur acousto-optique (MAO). L’ordre
1 de diffraction est utilisé pour générer le piège, l’ordre 0 est alors dirigé vers un bloqueur de
faisceau aussi refroidi à l’eau. Le MAO joue alors le rôle d’interrupteur optique dont le temps de
commutation est de l’ordre de 1 µs, sachant que la fréquence la plus grande du piège au charge-
ment est environ de 600 Hz, ce temps est donc beaucoup plus court que la période d’oscillation
des atomes dans le piège, ceux-ci voient alors une extinction quasi-instantanée du piège. L’effi-
cacité de diffraction est améliorée par l’ajout d’une lame demi-onde devant le MAO et permet
d’atteindre 65 % de diffraction dans l’ordre 1.

L’utilisation d’un deuxième système afocal (L3−L4) permet de faire varier la taille du waist
avant la focalisation sur les atomes. Une étude qualitative nous a permis de voir que le nombre
d’atomes chargés était maximal pour un waist d’environ 120 µm avec une puissance de 17 W,
une meilleure compréhension du chargement est apportée par un modèle décrit dans la section
2.2.4.

La focalisation sur les atomes est assurée par la lentille L5 de 500 mm de distance focale.
Après être passé à travers l’enceinte, le faisceau est de nouveau collimaté et refocalisé avec les
lentilles L6 et L7 de 500 mm de distance focale, ce qui permet d’avoir le même waist sur les
atomes au retour. Avant chaque passage sur les atomes, deux miroirs sont installés après les
lentilles de focalisation afin d’ajuster l’angle et la position de chacun des faisceaux formants le
piège.

Un autre point important a été de rendre orthogonales les polarisations des faisceaux à leur
croisement, sans cette précaution, le temps de vie du nuage d’atomes piégés passe d’environ 10
s à quelques secondes. Cela s’explique par la présence d’interférences entre les deux faisceaux.
Ces interférences forment un réseau, or la phase de l’onde n’étant pas contrôlée, le réseau se
déplace de manière aléatoire, ce qui cause un réchauffement du nuage. Ces interférences peuvent
être évitées en croisant les polarisations. Bien que la polarisation en sortie du cube soit linéaire,
les nombreuses réflexions sur les différents miroirs du montage optique la transforme en une
polarisation elliptique, l’ajout d’une lame quart d’onde permet de retrouver une polarisation
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Figure 2.15 – Schéma montrant les étapes de mise en forme du faisceau utilisé pour créer le
piège réservoir. Les flèches rouges représentent le trajet du laser à 1070 nm. La
bande transparente rouge représente le trajet du faisceaux horizontal du PMO
3D.
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linéaire juste avant le premier passage sur les atomes. Finalement, une lame demi-onde placée
après le premier passage permet de croiser la polarisation du deuxième faisceau avec celle du
premier.

Mesure du waist

Les waists des faisceaux aller et retour sont mesurés avec une caméra CCD, en appliquant un
ajustement gaussien sur le profil vertical et horizontal du faisceau. Ces mesures ont été effectuées
pour une puissance de 3 W, nous verrons dans le chapitre 3 que la valeur du waist mesuré est
en accord avec la valeur obtenue par la modélisation du piège pour cette puissance. Des images
sont prises à différentes positions suivant l’axe de propagation du faisceau, un ajustement selon
l’équation w(z) = w0

√
1 +M2z2/z2

R nous permet alors de déduire le waist et la longueur de
Rayleigh. Nous en déduisons un waist de 120 ± 10 µm, et une longueur de Rayleigh de 42 ± 4
mm, ce qui permet d’estimer la tolérance sur la position des lentilles de focalisation à environ
10 mm. Le réglage fin de la position du plan focal sur les atomes est assuré par des platines de
translation disposant d’une course de 15 mm.

Contrôle en puissance

Afin de contrôler la forme des rampes d’évaporation nécessaires à l’obtention d’un condensat,
il est nécessaire de contrôler la puissance du laser, ce qui est réalisé avec un asservissement.

La rétroaction s’effectue sur l’efficacité de diffraction par le biais de la puissance de l’onde
radiofréquence (RF) envoyée au MAO. Le signal RF est généré par un synthétiseur QMODP140
68-B-45-03 de la marque AA Opto Electronic®. Ce module délivre une onde RF de fréquence
fixée à 40.68 MHz et de 30 W de puissance. Une partie de la puissance étant dissipée sous
forme de chaleur, le module est fixé sur une plaque en laiton sur laquelle est soudé un circuit
de refroidissement à eau. Le contrôle de la puissance de l’onde RF se fait par deux entrées de
tension, une de 0-5 V qui commande un interrupteur RF, et une entrée de modulation agissant
sur la puissance RF délivrée, c’est sur cette dernière que l’asservissement agit. L’information
sur la puissance du faisceau est récupéré grâce à un photodiode. Après le deuxième passage sur
les atomes, une partie de la puissance est prélevée par l’intermédiaire d’une lame partiellement
réfléchissante disposée devant la photodiode. Celle-ci réfléchit la quasi-totalité de la puissance
en direction d’un bloqueur de faisceau, et transmet environ 2% de la puissance incidente, ce qui
représente 400 mW pour la puissance maximale du faisceau, il est donc nécessaire de rajouter
des densités optiques pour ne pas saturer la photodiode.

Un montage électronique, représenté sous forme de schéma bloc sur la figure 2.16(b), per-
met alors de créer un signal d’erreur ε en soustrayant le signal de la photodiode à la tension de
commande désirée. La correction est ensuite ajoutée à la tension de commande du MAO. Les
tensions de commande sont délivrées par une plate-forme PXI (Peripheral Component Intercon-
nect eXtensions) National Instruments, et présentent un bruit d’environ 20 mV. Pour minimiser
l’influence de ce bruit sur l’intensité du laser, il est nécéssaire d’envoyer une tension suffisamment
grande au MAO, de l’ordre de 1 V. Le bruit sur la puissance est alors au plus de 10 % pendant
la séquence d’évaporation. Par ailleurs, la composante fréquentielle principale de ce bruit est de
l’ordre de 100 kHz qui est donc bien supérieures aux fréquences les plus élevées que peut avoir
le piège (∼2 kHz), ce bruit est alors moyenné sans causer de chauffage du nuage.
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Figure 2.16 – (a) Courbe de la puissance du laser à 1070 nm en sortie de l’ordre 1 du MAO
en fonction de la tension d’entrée VMAO. (b) Schéma de principe de l’asservis-
sement de la puissance des faisceaux du piège réservoir. Le signal d’erreur est
créé par la soustraction de la tension de la photo diode à la tension de consigne.

Piège dipolaire optique à 1070 nm

Le piège dipolaire optique réservoir est formé par le croisement de deux faisceaux provenant
d’un même laser à 1070 nm, le faisceau est recyclé, ce qui permet d’optimiser la puissance
utilisée. Le contrôle de la puissance du laser se fait grâce à une boucle d’asservissement
agissant sur l’efficacité de diffraction du MAO.

2.2.4 Optimisation du chargement
Le chargement des atomes dans le piège dipolaire à partir de la mélasse optique avec un

nombre et une densité spatiale d’atomes suffisamment élevés est primordial pour atteindre la
condensation de Bose-Einstein. Le nombre d’atomes, et la température du nuage chargé dé-
pendent de la taille et de la forme du piège, il est donc essentiel d’optimiser les paramètres du
piège pour réaliser un chargement efficace. La mélasse contient 2 × 109 atomes à 15 µK, nous
capturons 2× 107 atomes avec une température de 25 µK dans le piège.

L’ojectif est de maximiser la densité dans l’espace des phases du nuage piégé. Cela se produit
quand la distribution en position et en impulsion du nuage est la même que celle du piège
(adaptation de mode). Afin de mieux comprendre le processus de capture des atomes, je présente
un modèle thermodynamique s’appuyant sur la référence [124]. Ce modèle a déjà été utilisé dans
le cas du chargement d’atomes dans le piège magnétique de notre puce à atomes que je décris
dans le chapitre 5, et il a montré de bons résultats en accord avec l’expérience [107, 125]. Ainsi,
je reprends ce modèle en l’appliquant à notre piège dipolaire optique.
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Figure 2.17 – Nombre d’atomes chargés en fonction du waist du faisceau du piège réservoir.
Les courbes rouge, verte et bleu sont les résultats d’une simulation numérique,
pour des puissances laser respectives de 25 W, 18 W, et 10 W. Le point noir
représente le nombre d’atomes chargés dans notre configuration avec les barres
d’erreurs associées.

Modèle de chargement

Considérons un nuage de N atomes à l’équilibre thermique dont la distribution des atomes
dans l’espace des phases est donnée par la distribution de Maxwell-Boltzmann :

f(r,p) = N

(2π)3/2σ3
p

exp
(
− p2

2σ2
p

) 3∏
i=1

1√
2πσi

exp
(
− r2

i

2σ2
i

)
(2.2.17)

avec σp et σi, les largeurs des distributions respectivement en impulsion et en position.
Nous considérons que le piège est allumé de façon instantanée, car le temps de commutation

du MAO de l’ordre de 1 µs est court devant le taux de collisions élastiques de l’ordre de 10 ms,
il communique alors aux atomes à la position r une énergie U(r). Le piège a une profondeur
finie U0, donc tous les atomes ayant une énergie ε = p2/2m + U(r) > U0 ne sont pas capturés.
Le nuage d’atomes restants dans le piège rethermalise par collisions élastiques entre atomes. Il
est alors possible d’estimer le nombre d’atomes restants et l’énergie restante du nuage.

Nrestant =
∫
ε<U0

drdpf(r,p) (2.2.18)

Erestant =
∫
ε<U0

drdp
(

p2

2m + U(r)
)
f(r,p) (2.2.19)

Je réécris ces intégrales pour les calculer numériquement. En intégrant dans le domaine des
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impulsions et en posant p2/2m = ε− U(r), j’obtiens :

Nrestant = N

π2
√

2

3∏
i=1

1
σi

∫
U(r)<U0

dr exp
(
− r2

i

2σ2
i

)
Γc
(

3/2, U0 − U(r)
kBT

)
(2.2.20)

Erestant = N

π2
√

2

3∏
i=1

1
σi

∫
U(r)<U0

dr exp
(
− r2

i

2σ2
i

)
× (2.2.21)(

U(r)Γc
(

3/2, U0 − U(r)
kBT

)
+ kBT0Γc

(
5/2, U0 − U(r)

kBT

))
avec Γc(x, n) = Γ(x)− Γ(x, 0) la fonction gamma complémentaire.

A partir de ces intégrales, nous pouvons calculer le nombre d’atomes chargés en fonction des
paramètres du piège. Le potentiel du piège U(r) est modélisé numériquement dont les profils et
la profondeur U0 sont représentés sur la figure 2.12.

Nous pouvons évaluer le nombre d’atomes chargés en fonction du waist pour différentes
puissances. Sur la figure 2.17, les courbes rouge, verte, et bleu sont tracées respectivement pour
des puissances de 25 W, 18 W, et 10 W. Ces courbes de chargement ont été tracées en considérant
une mélasse de 2× 109 atomes avec une taille σ = 1.2 mm 1, à une température de 20 µK. Nous
constatons qu’il existe un waist optimal de chargement. En effet, l’augmentation de la taille du
waist augmente le volume du piège et donc la valeur de l’intégrale de recouvrement (2.2.20), en
revanche la profondeur du piège diminue, il existe donc une valeur de waist à partir de laquelle
l’augmentation du volume du piège ne compense plus la diminution de la profondeur. Comme
attendue, cette valeur augmente avec la puissance du faisceau. Dans notre cas, nous avons
utilisé un waist de 95 ± 10 µm et une puissance de 17 ± 4 W, ce qui nous permet de capturer
(2.0 ± 0.6) × 107 atomes après un temps de maintien de 100 ms. Cette valeur expérimentale,
représentée par le point noir sur la figure 2.17, est en accord avec le modèle.

Une étude plus systématique des paramètres du modèle sera menée pour affiner l’optimi-
sation du chargement. Néanmoins la concordance des résultats entre le modèle et l’expérience
nous permet de conforter notre compréhension de la capture des atomes dans le piège dipolaire
optique.

Séquence expérimentale

Pour optimiser le nombre d’atomes chargés dans le piège à partir du PMO 3D, le centre du
piège dipolaire doit coïncider avec le centre du PMO 3D. De cette manière, l’énergie cinétique
acquise par les atomes lors du chargement est minimisée, et les atomes sont moins susceptibles
de s’échapper. Nous utilisons une séquence pour optimiser l’alignement du premier faisceau en
maximisant le nombre d’atomes chargés. Un premier réglage consiste à positionner le centre
du piège au centre de la mélasse où la densité d’atomes est maximale, ensuite le croisement
des faisceaux est réalisé avec l’aide des deux systèmes d’imagerie, leur disposition orthogonale
permet d’ajuster la position des faisceaux sur une distance de l’ordre du waist, cette procédure
est illustrée sur la figure 2.18.

L’alignement du piège étant réalisé, une séquence expérimentale représentée figure 2.19 per-
met de transférer les atomes dans le piège dipolaire, les paramètres de la séquence sont optimisés
en maximisant le nombre d’atomes chargés. Avec une puissance de 17 W dans chaque bras et
des waists de 95 µm, la profondeur du piège est d’environ 340 µK. Il faut alors charger le nuage
d’atomes du PMO 3D ayant une taille σ ' 2 mm avec une température d’environ 150 µK dans

1. La taille du nuage est définie comme l’écart type de la distribution gaussienne utilisée comme loi d’ajustement
du profil de densité du nuage.
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(a) (b)

(c) (d)

Figure 2.18 – Les photos montrent le principe du réglage du croisement des deux faisceaux.
Les photos (a) et (b) sont prises avec la caméra de face, les photos (c) et
(d) sont prises avec la caméra de profil. Les photos de la colonne de gauche
représentent les atomes piégés dans chacun des faisceaux qui ne se croisent pas.
Les photos de la colonne de droite représentent les atomes dans le piège formé
par le croisement des deux faisceaux. L’ensemble des photos sont prises après
un temps de vol de 5 ms.

un piège dont la taille caractéristique correspond au waist des faisceaux soit environ 100 µm
de large. Il est donc nécessaire d’augmenter la densité spatiale du nuage grâce à une étape de
compression. Il s’en suit une étape de mélasse optique permettant d’atteindre des températures
plus basses.

Les gradients de champ magnétique sont augmentés de 37 G.cm-1 à 56 G.cm-1 dans l’axe
des bobines et de 18 G.cm-1 à 30 G.cm-1 dans l’axe orthogonal pendant une durée de 10 ms.
Le volume du piège est alors diminué. Or, dans le PMO la densité est limitée par la force de
pression de radiation dûe à la réabsorption des photons diffusés. La force créée dans le nuage est
équivalente à une force de répulsion de Coulomb. Afin de limiter la diffusion de photons dans
le nuage, le désaccord du laser dans le rouge est augmenté de -3 Γ à -10 Γ, ce qui contribue à
augmenter la densité du nuage. Un désaccord optimal à -10 Γ est repéré sur la figure 2.20.

Après cette phase de compression, le piège croisé est alors allumé pendant la phase de mélasse
optique. Comme nous l’avons vu, la présence des faisceaux à 1070 nm induit un déplacement
lumineux sur les niveaux d’énergie du 87Rb, ainsi dans la zone d’espace où se trouve le piège,
le faisceau refroidisseur n’est plus résonant avec la transition F = 2 ↔ F ′ = 3. Les atomes qui
tombent dans le piège ne subissent plus de cycle d’absorption et d’émission de photons, ce qui
évite de réchauffer le nuage. En pratique, nous gagnons un facteur deux sur le nombre d’atomes
chargés par rapport à un allumage juste après la mélasse.

La mélasse se fait en deux étapes, dans un premier temps, le désaccord est augmenté jusqu’à
-38 Γ, la puissance du laser refroidisseur est maintenue maximale, tandis que celle du laser
repompeur est maintenue constante à 1.5 % de sa valeur maximale, cela en 10 ms. Dans un
deuxième temps, la puissance du repompeur est diminuée linéairement jusqu’à l’extinction, et
celle du refroidisseur est diminuée jusqu’à 10 %, en 20 ms. L’intérêt est de limiter le chauffage
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Figure 2.19 – Cette séquence expérimentale commence au début du chargement du PMO 3D
et s’arrête 100 ms après la fin de la phase de mélasse.
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Figure 2.20 – (a) Variation du nombre d’atomes en fonction du désaccord des faisceaux refroi-
disseur pendant l’étape de compression du PMO 3D, la mesure est réalisé pour
un temps tPMOC=10 ms. (b) Variation du nombre d’atomes en fonction du
temps de l’étape de compression du PMO 3D, le désaccord est fixé à δ = −10Γ.
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Figure 2.21 – Variation du nombre d’atomes chargés dans le piège dipolaire après 5 ms de
temps de vol. (a), (b) représentent l’optimisation de la puissance du refroidis-
seur et du repompeur pendant les 10 premières ms de la mélasse, et (c), (d)
pendant les 20 dernières ms.

du nuage par diffusion de photons et ainsi d’augmenter la densité d’atomes. L’optimisation des
différents paramètres de la séquence est montrée figure 2.21. De plus, en l’absence de repompeur
durant la deuxième étape, les atomes sont dépompés dans le niveau F = 1. Finalement, on
obtient une mélasse optique à 15 µK composée de 2 × 109 atomes, la densité dans l’espace des
phases est alors de 8× 10−6.

Après l’étape de mélasse, les faisceaux des lasers refroidisseur et repompeur sont éteints.
Après 100 ms de temps de maintien du piège dipolaire, on mesure un nombre d’atomes de
2 × 107 chargés à une température de 25 µK, les caractéristiques du piège réservoir à cette
étape sont résumées dans le tableau 2.1. La taille σ du nuage, contrainte par le confinement
dans le piège, est alors de 300 µm, beaucoup plus faible que celui de la mélasse. Il en résulte
une augmentation de la densité dans l’espace des phases qui est alors de 2 × 10−3 à la fin du
chargement.



2.3 Conclusion 57

Puissance Fréquences N Température du nuage U0

Réservoir 17 W (620, 610, 110) Hz 2× 107 25 µK 340 µK

Tableau 2.1 – Tableau récapitulatif des caractéristiques du piège réservoir et du nuage d’atomes
au moment du chargement dans le piège réservoir à partir de la mélasse optique.

2.3 Conclusion
Dans ce chapitre, j’ai présenté l’expérience dans son ensemble avec les principales étapes

de refroidissement laser qui nous a permis d’obtenir une mélasse optique de 2 × 109 atomes
de rubibium 87 à 15 µK. Dans un deuxième temps, j’ai détaillé la mise en place d’un piège
dipolaire optique à 1070 nm créé par le croisement de deux faisceaux en leur waist. Environ
2 × 107 atomes sont chargés dans le piège avec une température de 25 µK. Ce piège a été
conçu pour charger le plus d’atomes possible à partir de la mélasse, néanmoins les fréquences du
piège ne permettent pas de réaliser un refroidissement par évaporation efficace. C’est pourquoi,
un deuxième piège beaucoup plus confinant doit être ajouté pour mener le refroidissement par
évaporation jusqu’à la condensation de Bose-Einstein, la mise en place de ce piège et les étapes
menant à la condensation font l’objet du prochain chapitre.
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Chapitre 3

De l’évaporation à la condensation
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La réalisation d’une source ultra froide se poursuit par l’étape de refroidissement par éva-
poration. Le piège dipolaire réservoir nous a permis de capturer environ 2 × 107 atomes à une
température de 30 µK. L’ajout d’un piège plus confinant permet d’augmenter l’efficacité du re-
froidissement par évaporation et d’atteindre la condensation de Bose-Einstein. Ce type de piège
a déjà permis d’atteindre le seuil de condensation dans d’autres expériences [126, 127, 128, 129].
Par ailleurs, afin de diminuer la dispersion en vitesse du nuage condensé, des techniques de
manipulation du nuage dans l’espace des phases sont utilisées [130, 131, 132]. Nous verrons dans
ce chapitre la mise en place du second piège à 1560 nm qui permet de mener l’évaporation jus-
qu’au régime de dégénérescence quantique. Dans un premier temps, je présente un modèle simple
d’évaporation, et je rappelle quelques éléments théoriques sur la condensation de Bose-Einstein.
Dans un deuxième temps, je détaille les différentes étapes de l’évaporation. Finalement, j’expose
les résultats obtenus avec le condensat, et les étapes de manipulation dans l’espace des phases
pour diminuer la dispersion en vitesse.
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3.1 Rappels sur la condensation de Bose-Einstein
Le sujet de la condensation de Bose-Einstein étant largement traité dans la littérature [133,

134, 135, 136], je présenterai dans cette partie uniquement les éléments théoriques qui seront
utiles pour caractériser la transition de phase expérimentalement.

Le phénomène de condensation peut se comprendre en considérant un gaz de bosons à
l’équilibre thermique à une température T . A cet ensemble d’atomes, est associée une longueur
d’onde thermique de de Broglie :

λT =

√
2πh̄2

mkBT
(3.1.1)

Cette longueur d’onde thermique est de l’ordre de 0.01 nm pour une vapeur de rubidium
à T = 300 K, celle-ci est alors très faible devant la distance inter-atomique moyenne. En re-
froidissant le gaz, l’extension spatiale de l’onde associée à chaque particule augmente jusqu’à
ce que la longueur d’onde thermique soit de l’ordre de grandeur de la distance inter-atomique.
Les fonctions d’onde se recouvrent et interfèrent pour former une seule et même onde macro-
scopique, la densité dans l’espace des phases D = nλ3

T est alors proche de 1, ce qui signifie que
le nombre d’atomes occupant un volume de l’espace λ3

T est de l’ordre de 1, il s’agit du phéno-
mène de condensation. Dans la suite, je présente une description quantitative succincte de la
condensation dans le cas d’un gaz sans interaction, puis nous verrons l’effet des interactions.

3.1.1 Condensation d’un gaz idéal
Dans notre expérience nous utilisons des pièges qui peuvent être considérés en première

approximation comme des pièges harmoniques, je considère donc dans la suite un gaz de N bo-
sons indiscernables à la température T dans un piège harmonique caractérisé par des pulsations
propres ω1, ω2, ω3. On fait l’hypothèse que le gaz est suffisamment dilué pour négliger l’effet des
interactions entre atomes. Dans ce cas, l’hamiltonien à une particule s’écrit :

Ĥ = p̂2

2m +
3∑
i=1

1
2mωix̂

2
i (3.1.2)

avec {xi}i∈{1,3} les variables d’espace et p la quantité de mouvement de la particule. Les énergies
des états propres de l’hamiltonien sont caractérisées par les nombres quantiques (n1, n2, n3) = n.
Chaque combinaison correspond à un état vibratoire de l’oscillateur dont l’énergie s’écrit :

εn =
3∑
i=1

h̄ωi(ni + 1
2) (3.1.3)

On considérera dans la suite que l’énergie de l’état fondamental est nulle, ε0 = 0. Le gaz étant
constitué de bosons, le nombre de particules se calcule en utilisant la fonction de distribution de
Bose. En se plaçant dans l’ensemble grand canonique où le nombre de particules n’est pas fixé,
on obtient :

N =
∞∑
n

f(εn) avec f(εn) = 1
e(εn−µ)/kBT − 1

, z = e
µ

kBT ∈ [0, 1] (3.1.4)

z est la fugacité et µ < 0, le potentiel chimique du gaz.
On se place dans le cas où h̄ω̄ � kBT , on note ω̄ = (ω1ω2ω3)1/3, la moyenne géométrique

des pulsations propres du piège. Le taux d’occupation varie peu d’un niveau à un autre, nous
pouvons donc remplacer la somme discrète par une somme continue sur les états excités, ainsi
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le nombre d’atomes N devient :
N =

∫ ∞
0

f(ε)ρ(ε)dε (3.1.5)

Pour un nuage d’atomes dans un piège dont l’énergie potentielle est U(r), la densité d’état
ρ(ε) est définie par :

ρ(ε) = 1
(2πh̄)3

∫∫
d3rd3pδ[ε− (U(r) + p2/2m)] (3.1.6)

avec δ la distribution de dirac. Pour un piège harmonique, elle devient :

ρ(ε) = ε2

2(h̄ω̄)3 (3.1.7)

Or, en écrivant la somme continue, chaque niveau est pondéré par la densité d’état ρ(ε) qui
est nul pour ε0 = 0, ce calcul néglige donc la population dans l’état fondamental, l’équation
(3.1.5) donne alors seulement le nombre d’atomes dans les états excités Ne :

Ne =
(
kBT

h̄ω̄

)3
g3(z) (3.1.8)

où nous avons introduit la fonction polylogarithmique gα(z) = ∑
m z

m/mα. Pour prendre en
compte la population dans l’état fondamental, on calcule séparément le nombre d’atomes N0
dans l’état fondamental et le nombre d’atomes Ne, en utilisant l’équation (3.1.4) pour calculer
N0, on trouve :

N = N0 +Ne = z

1− z +
(
kBT

h̄ω̄

)3
g3(z) (3.1.9)

Or, nous pouvons constater que le nombre d’atomes dans les états excités atteint une valeur
maximale lorsque z → 1, égale à Nmax

e = g3(1)(kBT/h̄ω̄)3. Cela signifie que la population dans
les états excités sature, ainsi les atomes supplémentaires s’accumulent dans l’état fondamental,
il s’agit du phénomène de condensation de Bose-Einstein. Cette transition se produit lorsque
la température T est égale à la température critique Tc, qui se calcule à partir de l’équation
(3.1.9) en considérant que le nombre dans l’état fondamental est encore négligeable N0 � Ne,
on obtient alors :

Tc = h̄ω̄

kB

(
N

g3(1)

) 1
3

(3.1.10)

Dans notre cas, le nombre d’atomes au seuil de condensation est de l’ordre de 104, avec une
fréquence moyenne ω̄ = 2π × 300 Hz, ce qui correspond à une température critique Tc = 500
nK. Il faut remarquer que ce phénomène se produit dans le cas où l’énergie thermique kBT
est grande devant l’énergie h̄ω̄, classiquement nous nous attendons à ce que les états excités
soient peuplés de façon macroscopiques, ce qui n’est pas le cas, il s’agit donc d’un phénomène
dû uniquement à la statistique quantique des bosons.

Lorsque T < Tc, la fraction d’atomes dans l’état fondamental peut se déduire des équations
(3.1.9) et (3.1.10) :

N0
N

= 1−
(
T

Tc

)3
(3.1.11)

Pour un piège harmonique, la densité dans l’espace des phases s’écrit :

D = N

(
h̄ω̄

kBT

)3
(3.1.12)
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pour atteindre le seuil de condensation il faut que T < Tc, donc que D > g3(1) ' 1.202. Ce
résultat conforte l’approche qualitative que nous avons vu auparavant qui nous a permis de
conclure que le phénomène de condensation avait lieu lorsque la densité dans l’espace des phases
était proche de 1, c’est-à-dire nλ3

dB ∼ 1.

La fonction d’onde du condensat sans interaction peut s’écrire comme le produit des fonctions
d’onde décrivant chaque atome dans l’état fondamental, ψ(r) =

√
Nϕ(r), ϕ(r) correspond à la

fonction d’onde à un corps d’énergie E et soumis à une énergie potentielle U(r), elle est solution
de l’équation de Schrödinger :

− h̄2

2m∆ϕ(r) + U(r)ϕ(r) = Eϕ(r) (3.1.13)

La fonction d’onde dans l’état fondamental a alors une forme gaussienne :

ϕ(r) =
√

1√
πah1

1√
πah2

1√
πah3

exp
(
−1

2
∑
i

mωix
2
i

h̄

)
(3.1.14)

où la longueur ahi =
√
h̄/mωi correspond à l’extension spatiale de la fonction d’onde selon les

axes i. La densité atomique du condensat est donnée par nc(r) = N |ϕ(r)|2. Dans notre cas nous
verrons que le piège est très anisotrope car une des fréquences est plus petite que les deux autres.

3.1.2 Effet des interactions
Les collisions entre atomes dans le condensat sont des sources d’interactions qui modifient

la fonction d’onde. La méthode couramment utilisée pour résoudre l’équation de Schrödinger
est de faire l’approximation du champ moyen qui consiste à considérer l’interaction effective
sur un atome des N − 1 autres atomes, ainsi seules les interactions à deux corps sont prises en
compte. La dérivation qui suit s’appuit sur la référence [135]. Si le condensat est suffisamment
dilué, l’hamiltonien d’interaction peut être approximé par un potentiel de contact V (r′ − r) =
gδ(r′ − r), car la distance séparant les atomes est en général grande devant la portée des forces
attractives ou répulsives entre atomes. Dans ce cas, seules les collisions en ondes s contribuent de
manière significative à la section efficace totale de collision qui dépend alors du seul paramètre a,
la longueur de diffusion en onde s. L’équation décrivant alors l’état du condensat est l’équation
de Gross-Pitaevskii :

ih̄
∂

∂t
ϕ(r, t) = − h̄2

2m∆ϕ(r, t) + U(r)ϕ(r, t) + gN |ϕ(r, t)|2ϕ(r, t) (3.1.15)

Cette équation est une équation de Schrödinger avec un terme non linéaire correspondant au
terme d’interaction avec le champ moyen. L’état fondamental est un condensat pur, les parties
dépendantes du temps et de l’espace peuvent être séparées ϕ(r, t) = ϕ(r)e−iµt/h̄. La partie ϕ(r)
est alors solution de l’équation de Gross-Pitaevskii indépendante du temps :

− h̄2

2m∆ϕ(r) + U(r)ϕ(r) + gN |ϕ(r)|2ϕ(r) = µϕ(r) (3.1.16)

où la densité d’atomes est n(r) = N |ϕ(r)|2. La constante de couplage g dépend de la longueur
de diffusion a par la relation :

g = 4πh̄2a

m
(3.1.17)

Lorsque que a, g > 0, les interactions sont répulsives ce qui est le cas du rubidium 87 en
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l’absence de champs magnétiques, dont la longueur de diffusion est a = 5.77 nm. Dans le cas où
a < 0, les interactions effectives sont attractives, le condensat n’est alors pas stable, et il peut
alors, par exemple, se former des molécules, entraînant des pertes d’atomes.

La condition de gaz dilué ou faiblement interagissant, pour laquelle cette équation est valable,
peut se traduire par n|a|3 � 1. Néanmoins, cela ne signifie pas que les interactions soient
nécessairement négligeables. On peut en effet distinguer deux régimes dans le cas d’interactions
répulsives (a > 0). Le premier correspond au cas où les interactions sont négligeables devant
l’énergie cinétique des atomes, dans ce casNa/ah � 1, avec ah =

√
h̄/mω la taille caractéristique

du nuage condensé dans un piège harmonique de pulsation ω. L’équation (3.1.16) se ramène alors
à une équation de Schrödinger linéaire qui a été présentée dans la section 1.1.1, les atomes se
condensent alors dans l’état fondamental du piège harmonique, dont la fonction d’onde présente
un profil gaussien. Dans le second cas, les interactions sont importantes par rapport à l’énergie
cinétique, il s’agit du régime de Thomas-Fermi, l’équation de Gross-Pitaevskii prend alors la
forme d’une équation algébrique :

U(r) + gN |ϕ(r)|2 = µ (3.1.18)

Dans le cas d’un potentiel harmonique U(r) = 1
2
∑
imω

2
i x

2
i , la densité d’atome a le profil

d’une parabole inversée et s’écrit :

nc(r) = N |ϕ(r)|2 = max
(
µ− U(r)

g
, 0
)

(3.1.19)

La taille du condensat est donnée selon chaque direction par le rayon de Thomas-Fermi au
delà duquel la densité d’atome devient nulle.

RTFi = 1
ωi

√
2µ
m

avec µ = h̄ω̄

2

(
15Na

√
mω̄

h̄

) 2
5

(3.1.20)

L’établissement du profil de la densité du nuage condensé nous permet d’analyser les images
obtenues lors de la condensation. Nous avons donc vu qu’il est nécessaire d’atteindre une densité
dans l’espace des phases de l’ordre de 1 pour obtenir un condensat. Si nous partons d’un nuage
confiné dans un piège dipolaire avec une densité dans l’espace des phases d’environ 10−3, il est
nécessaire de gagner plusieurs ordres de grandeur sur la densité dans l’espace des phases pour
atteindre le seuil de condensation.

3.2 Modèle de refroidissement par évaporation dans
un piège optique

Afin de dépasser la limite du refroidissement sub-Doppler, nous utilisons la technique du
refroidissement par évaporation imaginée par H. F. Hess et mise en pratique avec un piège ma-
gnétique d’atomes d’hydrogène [137]. L’évaporation consiste à retirer sélectivement du piège les
atomes les plus énergétiques en diminuant progressivement sa profondeur. Ainsi, ils emportent
avec eux une énergie supérieure à l’énergie moyenne par atome. Grâce aux collisions élastiques
entre atomes restants, l’énergie est redistribuée et les atomes se retrouvent avec une énergie
moyenne plus faible, la température du nuage diminue. Cette méthode permet de gagner plu-
sieurs ordres de grandeur sur la densité dans l’espace des phases.

Dans un piège optique, la diminution de la profondeur du piège se fait en diminuant l’intensité
I des faisceaux laser. Or, les fréquences du piège sont proportionnelles à

√
I, donc elles diminuent

aussi au cours de l’évaporation qui est alors de moins en moins efficace, voir figure 3.1. Pour
palier à cet effet, il est nécessaire d’avoir des conditions initiales favorables à l’évaporation.
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Figure 3.1 – Représentation du profil du piège pour trois étapes de l’évaporation. Lors de la
diminution de la profondeur, les atomes les plus énergétiques sortent du piège, et
le nuage restant thermalise à une température plus basse. Les traits pleins noirs
représentent le profil gaussien du piège, les traits en pointillé correspondent à
l’approximation harmonique au centre du piège.

Afin de mieux appréhender l’évolution des différentes grandeurs caractéristiques du nuage
(nombre d’atomes, température, densité dans l’espace des phases, ...), j’utilise un modèle simple
d’évaporation s’appuyant sur les références [135, 138]. Il est basé sur les hypothèses suivantes :

• L’énergie thermique kBT des atomes reste suffisamment faible devant la profondeur du
piège U0 de telle sorte que ce dernier peut être approximé par un piège harmonique
isotrope tronqué à l’énergie U0.
• Le gaz d’atomes est dans un état de quasi-équilibre. Cela est vrai si le temps entre deux
collisions est suffisamment court devant l’échelle de temps de l’évaporation.
• Le mouvement des atomes est ergodique, ce qui implique que la fonction de distribution
ne dépend alors que de l’énergie.

Dans ces conditions, la densité de particules peut être modélisée par une distribution de
Maxwell-Boltzmann tronquée à une énergie U0 correspondant à la profondeur du piège, d’un
gaz de N bosons indiscernables sans interaction à la température T :

f(ε) = Ze−ε/kBT θ(U0 − ε) (3.2.1)

avec ε = p2/2m + U(r), l’énergie d’une particule ayant une impulsion p et se trouvant dans le
piège avec une énergie potentielle U(r). Z est une constante de normalisation déterminée par la
condition

∫
ρ(ε)f(ε)dε = N , θ est la fonction de Heaviside. Les différentes grandeurs du système

sont ensuite déduites de la fonction de distribution et de la densité d’état en énergie ρ(ε) définie
par (3.1.6).

Il est intéressant d’introduire le paramètre η = U0/kBT , dont la valeur détermine la dy-
namique d’évaporation. En effet, nous voulons diminuer la température en perdant le moins
d’atomes possible. Plus le paramètre η est grand, plus l’énergie que doit avoir un atome pour
sortir du piège est grande, et moins il y a de probabilité qu’un atome puisse s’échapper. Ainsi,
l’évaporation est plus efficace, mais elle se produit sur des temps plus longs, or d’autres méca-
nismes de pertes d’atomes entrent en jeu telles que les collisions inélastiques avec les particules
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du gaz résiduel. Cette perte d’atomes se fait sur un temps caractéristique correspondant au
taux de collisions inélastiques τin, or le refroidissement est d’autant plus rapide que le taux de
collisions élastiques τel est court, pour minimiser les pertes il faut donc que τel � τin, il existe
donc un compromis sur la valeur du facteur η. Le développement qui suit permet d’établir des
lois d’échelle sur les grandeurs du système et s’appuit sur la référence [138].

Commençons par calculer l’énergie interne E du système :

E =
∫ ∞

0
ερ(ε)f(ε)dε (3.2.2)

Pour un piège harmonique, l’énergie interne devient :

E = 3CNkBT (3.2.3)

où C = Γ(4, η)/Γ(3, η), avec Γ(4, η) la fonction gamma incomplète, la constante C tend vers 1
quand η tend vers l’infini. Nous prendrons donc C = 1 pour la suite.

Nous faisons l’hypothèse que la profondeur du piège est abaissée de manière à garder η
constant au cours de l’évaporation, donc la profondeur du piège U0 est proportionnelle à la tem-
pérature T , bien que cela ne soit pas rigoureusement respecté expérimentalement. La variation
d’énergie totale de N atomes à la température T dans un potentiel harmonique s’écrit :

Ė = 3ṄkBT + 3NkBṪ (3.2.4)

Lors de l’évaporation, les atomes qui s’échappent du piège ont une énergie légèrement supé-
rieure à la profondeur qui s’écrit (η+ κ)kBT , avec κ� η. La variation d’énergie totale due à la
variation du nombre d’atome s’écrit alors :

Ė|N = (η + κ)ṄkBT (3.2.5)

Pour un piège optique, diminuer la profondeur entraîne un changement de la forme de l’éner-
gie potentielle U . Cette énergie potentielle peut s’écrire :

U(r, t) = U0(t)f(r) (3.2.6)

avec f(r) → 0
r→∞

et f(0) = 1. En considérant que le changement est adiabatique, la variation de
l’énergie totale due à la variation de U s’écrit :

Ė|U0 = E

2
U̇0
U0

(3.2.7)

avec E = 3NkBT , la valeur de l’énergie potentielle pour un piège harmonique. La variation
d’énergie totale s’écrit donc :

Ė = (η + κ)ṄkBT + 3
2
U̇0
U0
NkBT (3.2.8)

En négligeant les pertes par collisions inélastiques, la conservation de l’énergie implique
l’égalité entre les expressions (3.2.4) et (3.2.8), ce qui donne :

Ṅ

N
= 1

2
3

η + κ− 3
U̇0
U0

(3.2.9)

En considérant que η ' η + κ est constant, avec U0 = ηkBT , l’intégration de la relation
(3.2.9) donne :
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T

Ti
=
(
N

Ni

) 2(η−3)
3

(3.2.10)

Les variables indicées par i correspondent à l’état initial du nuage. On voit que la tempé-
rature T et le nombre d’atome N sont reliés par une loi de puissance, qui nous indique que
la perte d’atomes pendant l’évaporation s’accompagne d’un refroidissement uniquement pour
η > 3. L’équilibre thermodynamique est réalisé grâce aux collisions élastiques, qui se font princi-
palement à deux corps aux échelles de température considérées (< 1 mK). Le taux de collisions
élastiques correspond à la probabilité qu’un atome entre en collision avec un des N − 1 atomes
restants, il s’écrit :

γ = nσv̄ (3.2.11)

où n est la densité spatiale au centre du nuage d’atome, σ la section efficace de collisions, et v̄
la vitesse moyenne des atomes du nuage à une température T , égale à

√
8kBT/πm, le taux de

collisions peut alors s’exprimer en fonction de ω̄ et de N [112] :

γ = mω̄3σ

2π2kB

N

T
(3.2.12)

A partir de l’équation (3.2.10), on peut déduire l’évolution du taux de collisions élastiques
γ en fonction de la température T , en rappelant que ω̄ ∝

√
U0 pour un piège optique.

γ

γi
=
(
U0
U0i

) η
2(η−3)

(3.2.13)

Dans un piège optique standard, la diminution de la profondeur se fait en diminuant la
puissance, cela entraine une diminution de la pulsation moyenne du piège ω̄, comme représenté
sur la figure 3.1. Or, d’après l’équation (3.2.10), pour η > 3, la température du nuage diminue,
mais aussi le taux de collisions élastiques d’après (3.2.13). En général, il est préférable d’at-
teindre un régime où le taux de collisions augmente au cours de l’évaporation, il s’agit du régime
d’emballement. Ce régime est souvent recherché car il correspond au cas où la diminution de la
température entraine une augmentation de la densité atomique, et aussi du taux de collisions
élastiques, la densité dans l’espace des phase augmente alors plus rapidement. Un tel régime est
donc difficile à atteindre avec des pièges optiques, néanmoins, dans la référence [118], l’utilisation
de deux pièges optiques croisés avec un des waist grand par rapport à l’autre a permis d’atteindre
le régime d’emballement, en contrôlant la profondeur indépendamment des fréquences du piège.
Le découplage entre la profondeur et les fréquences du piège optique est aussi possible en modu-
lant spatialement la position du centre du piège. Dans [139], cette technique a permis d’obtenir
un condensat de 1.2×106 atomes en moins de 2 s d’évaporation. Récemment la même technique
a été utilisée dans une expérience en microgravité [140], permettant d’obtenir un condensat de
4 × 104 atomes en 1.2 s d’évaporation. Cette technique offre l’avantage de diminuer le nombre
de sources laser et s’avère ainsi adéquate pour des expériences transportables.

Une autre grandeur dont nous voulons connaître l’évolution lors du processus d’évaporation
est la densité dans l’espace des phases définie par (3.1.12). En utilisant l’équation (3.2.10), on
en déduit :

D

Di
=
(
U0
U0i

) 3(4−η)
2(η−3)

(3.2.14)

Nous remarquons que pour augmenter la densité dans l’espace des phases, il faut que η > 4,
ce qui constitue une condition plus forte que celle pour refroidir le nuage. Dans un piège optique
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le gain étant limité, il est donc nécessaire de commencer l’évaporation avec une densité dans
l’espace des phases initiale élevée ce qui est réalisé en chargeant les atomes dans un piège très
confinant au début de l’évaporation. Pour η = 10, avec une densité initiale Di = 3 × 10−2, il
faut baisser la profondeur du piège d’un facteur 15 pour atteindre une densité dans l’espace des
phases de 1. Cette ordre de grandeur correspond bien à notre séquence expérimentale que nous
verrons dans la suite.

Cette partie a permis d’établir des lois d’échelle entre les différentes grandeurs d’intérêt lors
de l’évaporation. Ces lois montrent que la difficulté rencontrée avec les pièges optiques standard
est la baisse du taux de collisions due à la diminution des fréquences du piège lors de l’abaissement
de l’intensité lumineuse. Nous allons voir que dans notre dispositif expérimental, l’ajout d’un
piège plus confinant, le dimple, permet de commencer l’évaporation avec un taux de collisions
plus élevés, de plus notre configuration permet de découpler partiellement les fréquences et la
profondeur du piège.

3.3 Dispositif expérimental
3.3.1 Piège optique fortement confinant

Dans le chapitre 2, j’ai présenté le piège optique à 1070 nm dans lequel 2× 107 atomes sont
capturés. Ce piège possède une fréquence moyenne de 340 Hz au chargement, la densité dans
l’espace des phases est alors de 2 × 10−3. D’après la relation (3.2.14), cette densité n’est pas
suffisante pour effectuer une évaporation efficace menant jusqu’à la condensation avec un piège
optique. Une façon d’augmenter le taux de collisions est de rajouter un piège plus confinant qui
croise le piège réservoir. Ce piège est souvent créé en focalisant un faisceau laser à un waist beau-
coup plus petit que celui du premier piège, en général de l’ordre de la dizaine de micromètres.
L’utilisation de ce type de piège, souvent appelé dimple (“fossette”), a déjà permis d’atteindre
la condensation [141, 129, 142, 68].

Le dimple dont la vocation est d’augmenter le confinement a été réalisé en utilisant un
faisceau laser à 1560 nm. Ce faisceau provient d’un laser de marque Keopsys qui est utilisé pour
réaliser le réseau optique de diffraction. Il s’agit d’un laser continu avec une fibre monomode
dopée à l’Erbium, capable de délivrer une puissance maximale de 13 W. Nous utilisons le laser à
une puissance de 10 W en sortie de fibre. Un cristal non linéaire permet de doubler la fréquence
du laser dont les caractéristiques sont données dans le chapitre 4. Nous utilisons alors les 8
W de puissance non doublée à 1560 nm pour le piège optique. Comme pour le piège réservoir,
le contrôle de la puissance se fait grâce à un MAO MTS40-A3-1550 de la marque AA Opto
Electronic® dont l’efficacité de diffraction atteint 70 %, ce qui permet d’avoir 5 W de puissance
en sortie du MAO, qui est ensuite injectée dans une fibre monomode, celle-ci amène le faisceau
sur l’expérience. Nous arrivons à obtenir un couplage de 60% menant à 3 W en sortie de fibre 1.

Le faisceau utilisé pour créer le piège dimple doit être davantage focalisé que celui du piège
réservoir pour obtenir un confinement beaucoup plus grand, comme nous l’avons vu précédem-
ment. Avec une puissance de 3 W, et un waist de 30 µm, au niveau des atomes, le piège présente
des fréquences transverses de 2 kHz, notons néanmoins que le confinement longitudinal reste
faible avec une fréquence de 20 Hz au plus. Pour obtenir un waist de 30 µm, il faut un faisceau
suffisamment large en amont de la lentille de focalisation, le schéma du montage est représenté
sur la figure 3.2. En sortie de fibre, le faisceau a un waist de moins d’un millimètre, il est donc

1. Bien que la limite de puissance recommandée en entrée de fibre par le constructeur (P3-780PM-FC-5) soit
de 300 mW, la fibre supporte les 5 W en entrée en prenant beaucoup de précautions.
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Figure 3.2 – Schéma montrant les étapes de la mise en forme du faisceau à 1560 nm utilisé
pour créer le piège dimple. Le faisceau à 1560 nm est représenté par des flèches
rouges. Il provient de l’injection dans une fibre de l’ordre 1 de diffraction en sortie
d’un MAO non représenté ici. Les bandes transparentes rouges représentent les
faisceaux du PMO 3D.
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Figure 3.3 – Tracé du waist du faisceau dimple en fonction de la position longitudinale. Les
points expérimentaux sont en bleu, l’ajustement du modèle est en rouge, il permet
d’en déduire un waist de 28 ± 6 µm.

agrandi par un système afocal composé d’une lentille divergente de -100 mm de distance focale,
et d’une lentille convergente de 300 mm de distance focale. Une lentille de 400 mm de distance
focale permet de focaliser le faisceau sur les atomes, dont le waist de 28 ± 6 µm est mesuré par
la méthode du “knife-edge”, voir figure 3.3. Cette lentille est fixée sur une platine de translation,
ce qui permet d’ajuster à quelques microns près la position du waist sur les atomes.

Ensuite, le faisceau est envoyé sur les atomes selon une des diagonales de l’enceinte principale,
à 45° de la verticale de bas en haut. Il est superposé au faisceau du PMO 3D grâce à une lame
dichroïque dont le coefficient de transmission à 780 nm et le coefficient de réflexion pour un
angle d’incidence de 45° à 1560 nm sont supérieures à 98 %. Le faisceau du PMO est récupéré
par un autre miroir dichroïque en sortie de l’enceinte et rétroréfléchi. Le faisceau du dimple est
quant à lui envoyé en direction d’un bloqueur de faisceau.

Une partie de la puissance transmise par la première lame dichroïque est envoyée sur une
photodiode pour réaliser l’asservissement en puissance. Des densités atténuent le signal, de plus
un filtre avec une étroite bande passante (∼ 10 nm) centrée sur 1560 nm permet d’atténuer la
lumière diffusée à 1070 nm. En effet, celle-ci peut s’ajouter au signal vu par la photodiode qui
possède un capteur InGaAs identique à celui utilisé pour l’asservissement de la puissance du
piège réservoir. L’asservissement est réalisé grâce à un montage proportionnel intégrateur qui
rétroagit sur la tension de commande du MAO. Celui-ci est piloté par un signal RF de fréquence
fixée à 80 MHz fournit par un VFG (Versatile Frequency Generator).

Alignement du piège dimple sur le piège réservoir

Pour aligner le faisceau du piège dimple sur le piège réservoir, nous faisons l’image du piège
réservoir et de la mélasse simultanément sur la caméra de face et de profil. Pour cela, nous
attendons 25 ms après avoir éteint les faisceaux du PMO 3D, la mélasse tombe alors de 3 mm et
se situe juste sous le piège réservoir. Lorsque le faisceau à 1560 nm traverse la mélasse, il laisse
une empreinte due à la présence du potentiel créé par le dimple, nous pouvons alors observer une
légère ombre sur le nuage de la mélasse. Cette procédure est illustrée sur la figure 3.4. Une fois
que nous avons un premier signal de la superposition du dimple sur le réservoir, le centrage du
dimple sur le réservoir se fait principalement en ajustant l’angle du dernier miroir. La position
du point focal est repéré en regardant la forme du nuage dans le dimple. Sachant que le nuage
s’étale suivant l’axe longitudinal du dimple, il suffit alors de déplacer le waist avec la platine de
translation pour obtenir un nuage symétrique par rapport au piège réservoir, de cette manière
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(a) (b)

Figure 3.4 – Alignement du faisceau du piège dimple sur le piège croisé, les photos sont prises
après 0 ms de temps de vol. La mélasse tombe pendant 25 ms après coupure des
faisceaux du PMO 3D, pendant que le piège réservoir est maintenu. Le faisceau
du piège dimple est allumé au début de l’étape de mélasse au maximum de sa
puissance. La photo (a) correspond à une séquence sans dimple, la photo (b)
montre la présence du dimple signalée par une légère discontinuité sur l’image de
la mélasse.

nous pouvons superposer le centre du dimple avec le centre du réservoir comme illustré sur la
figure 3.5(a). Une méthode plus fine consiste à mesurer les fréquences du piège pour connaitre
la taille du waist sur les atomes, cette méthode permet de centrer le point focal en maximisant
la fréquence mesurée. Le centrage du dimple sur le piège réservoir se fait en éteignant le dimple
brusquement et en laissant osciller les atomes dans le piège réservoir, la position du dimple est
ajustée de manière à minimiser l’amplitude de ces oscillations.

3.3.2 Méthode du temps de vol
La méthode du temps de vol fréquemment employée dans les expériences d’atomes froids,

consiste à analyser l’expansion balistique du nuage d’atomes après avoir éteint le piège dans
lequel il est confiné, afin d’en déterminer sa température. Nous collectons la fluorescence des
atomes au cours de leur chute libre, ce qui permet d’observer la densité spatiale du nuage. Nous
en déduisons alors sa position et la projection de sa taille dans le plan du capteur. Le profil de
densité d’un nuage thermique en expansion libre peut être ajusté par une distribution gaussienne.
Ainsi, la taille et la position du nuage lors d’un temps de vol sont modélisées respectivement
par l’écart type et la position du centre de la gaussienne. L’évolution de la taille du nuage est
modélisée par :

σ(t) =
√
σ2

0 + kBT

m
t2 (3.3.1)

où σ0 est la taille initiale, T la température, et t le temps de vol.
La température du nuage se déduit des images prises à différents temps de vol typiquement

de 5 à 30 ms. Après intégration de l’image selon la direction verticale et l’horizontale, nous
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(a) (b)

(c)

Figure 3.5 – Chargement et alignement du piège dimple. (a) Les atomes sont dans le piège
dimple après la première rampe et sont répartis symétriquement par rapport au
piège réservoir. Pour cette ajustement, la puissance dans le piège réservoir est
diminuée de manière à seulement compenser la gravité. (b) Les atomes sont
principalement dans le piège dimple après la première rampe d’évaporation de 0.5
s pendant laquelle seule la puissance dans le piège réservoir est baissée. (c) La
rampe est la même que pour (b) mais sans la présence du piège dimple.

utilisons un ajustement gaussien pour déterminer la position du centre et la taille du nuage
σv,h(t). Des courbes de temps de vol sont représentées sur la figure 3.6. La verticale est suivant
l’axe z et l’horizontale suivant l’axe x.

Ces courbes sont extraites du temps de vol d’un nuage dans le piège optique. La courbe
(a) représente la position verticale, nous pouvons en déduire la valeur de la pesanteur g, ce qui
permet de valider la valeur du grandissement. La courbe (c) représente la position horizontale au
cours du temps, nous pouvons en déduire une vitesse horizontale du centre de masse du nuage.
Les courbes (b) et (d) montrent respectivement les tailles verticale et horizontale au cours du
temps de vol, qui permettent de déduire la température du nuage qui est de 1 µK dans ce cas.

3.3.3 Transfert dans le dimple
Pour augmenter le taux de collisions élastiques, une solution consiste à augmenter les fré-

quences en réalisant une compression adiabatique du piège réservoir. Néanmoins, cette augmen-
tation des fréquences entraine aussi une augmentation de la température du nuage. En effet, par
définition l’entropie du système est constante pendant une telle transformation, ainsi le rapport
ω2/ω1 = T2/T1 reste lui aussi constant [143].

La solution que nous utilisons est de transférer les atomes dans le dimple, ce qui permet
d’augmenter les fréquences sans augmenter la température du nuage. Pour cela, nous commen-
çons l’évaporation dans le piège réservoir avec le dimple allumé suivant la séquence décrite figure
3.7. En début d’évaporation, le nuage est trop chaud pour que les atomes restent piégés au fond
du puits de potentiel créé par le dimple. En abaissant la profondeur du piège réservoir pendant
les premières 500 ms, le nuage commence à refroidir et les atomes les moins énergétiques se re-
trouvent alors au fond du puits de potentiel du dimple. Afin de savoir si les atomes sont chargés
dans le dimple nous regardons la forme du nuage pour un temps de vol de 0 ms en la présence
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Figure 3.6 – Ces courbes ont été tracées à partir d’un même temps de vol d’un nuage refroidi
à 1 µK. Les points expérimentaux sont en bleu, les ajustements sont les courbes
en rouge. Les courbes (a) et (c) représentent respectivement la position verticale
et horizontale du nuage, et les courbes (b) et (d) représentent les tailles verticale
et horizontale du nuage.

du dimple et du réservoir sur la figure 3.5(b), et sans la présence du dimple figure 3.5(c). L’opti-
misation de la durée de cette étape s’est faite en maximisant le nombre d’atomes transférés, cela
peut se voir aussi en observant la population dans les ailes du piège réservoir. L’ajout du dimple
augmente considérablement la profondeur du piège total, ainsi au fur et à mesure que le nuage se
refroidit, la probabilité qu’un atome visite les ailes du piège diminue en e−U(r)/kBT . Durant ces
premières 500 ms, nous pouvons donc voir sur la figure 3.9 que la température reste quasiment
constante, l’effet de l’augmentation du confinement et de l’évaporation se compensent, ainsi le
taux de collisions et la densité dans l’espace des phases augmentent.

Afin de connaître la profondeur du piège, nous analysons la voie de sortie la plus énergéti-
quement favorable aux atomes, nous nous aidons des simulations numériques présentées dans le
chapitre précédent. Les profils du potentiel sont représentés sur la figure 3.8, ils correspondent
à une puissance de 17 W pour le piège réservoir et de 3 W pour le dimple. Nous pouvons voir
que l’ajout du dimple permet un confinement important suivant les axes x et z′. Par contre, le
confinement suivant l’axe y′ est majoritairement dû au piège réservoir, de plus, nous voyons que
la voie de sortie la plus favorable pour les atomes est selon l’axe longitudinal du dimple y′, les
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Figure 3.7 – Séquence d’évaporation dans les pièges réservoir et dimple. Le piège réservoir est
allumé pendant la mélasse, puis après extinction des faisceaux du PM0 3D, la
puissance du piège réservoir est maintenue à sa valeur maximale pendant 100
ms en présence du dimple. La puissance du réservoir varie de deux ordres de
grandeur au cours de l’évaporation alors que celle du dimple ne diminue que d’un
facteur 3.

axes sont représentés sur la figure 3.2. Dans cette configuration, la profondeur est principale-
ment gouvernée par la puissance des faisceaux du piège réservoir et les fréquences transverses du
piège sont dominées par celles du dimple, cela permet de découpler partiellement la profondeur
et les fréquences du piège. Le refroidissement par évaporation peut alors se faire en ne diminuant
quasiment que la puissance dans le piège croisé pour abaisser la profondeur, la puissance dans
le piège dimple est aussi diminuée mais seulement d’un facteur 2 ou 3. Ainsi, nous évitons une
diminution trop rapide du taux de collisions élastiques ce qui permet de réaliser une évaporation
en 4 s.

3.3.4 Rampes d’évaporation
A la fin de la première rampe d’évaporation de 0.5 s qui correspond au transfert des atomes

du piège croisé dans le piège dimple, la densité dans l’espace des phases augmente d’un ordre de
grandeur pour atteindre 10−2. En effet, les fréquences transverses du piège passent de 500 Hz à
1.8 kHz, de plus le transfert dans le dimple n’occasionne pas d’augmentation de température.
A partir de cette étape de transfert, seule la puissance du réservoir joue un rôle majeur pour
atteindre la condensation. La séquence d’évaporation est montrée figure 3.7. Les évolutions
du nombre d’atomes, de la température, du taux de collisions élastiques, et de la densité dans
l’espace des phases sont présentées figure 3.9. Après la première rampe de 0.5 s, nous considérons
que les atomes sont confinés par le dimple suivant les axes transverses x et z′ et par le réservoir
suivant l’axe longitudinal y′. A partir de 1.5 s d’évaporation, la puissance du dimple est diminuée
et le confinement n’est plus assez important pour compenser la gravité, il est alors assuré par le
piège réservoir.

Le seuil de condensation est atteint vers 3.5 s d’évaporation, il est repéré par la ligne rouge en
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Figure 3.8 – Ces courbes représentent le profil spatial du potentiel créé par le piège réservoir et
le piège dimple pour des puissances respectives de 17 W et 3 W. Chaque courbe
correspond à la variation du potentiel suivant un axe propre du piège. Les axes
y′ et z′ correspondent respectivement à l’axe longitudinal du dimple et à l’axe
transverse à 45° de la verticale.

tirés horizontales sur la figure 3.9, qui permet de repérer l’instant où la densité dans l’espace des
phases dépasse 1.2. Nous obtenons alors un condensat de 2× 104 atomes, avec une température
critique de transition vers 600 nK.

Le franchissement du seuil de condensation peut être détecté par l’apparition d’une double
structure sur le profil de densité. En effet, le nuage condensé dont la taille est donnée par le
rayon de Thomas-Fermi défini par (3.1.20) est plus petit et plus dense que le nuage thermique
dont la taille est 1

ω

√
kBT
m [135], cela se traduit par la présence d’une double structure sur le

profil de la densité du nuage. Le pic devient de plus en plus marqué au fur et à mesure que la
densité dans l’espace des phases augmente, et la base correspondant au nuage thermique tend à
disparaître pour laisser place à un nuage complètement condensé.

La densité d’un nuage partiellement condensé s’écrit de la façon suivante :

n(r) = nth(0)g3/2

exp

−( x

σx,th

)2

−
(

z

σz,th

)2
 (3.3.2)

+max

nc(0)

1−
(

x

σx,c

)2

−
(

z

σz,c

)2
 , 0


Le premier terme correspond à la densité de la partie thermique du nuage avec nth(0) la

densité au centre, et σz,th σx,th les tailles verticale et horizontale. g3/2 est la fonction polylo-
garythmique définie dans la partie 3.1.1, en pratique nous ajustons cette densité avec une loi
gaussienne. Le second terme représente la densité de la partie condensée dans le régime de
Thomas-Fermi. Compte tenu de l’angle de vue de la caméra, il est difficile d’ajuster le profil de
densité du nuage condensé par un profil parabolique, nous avons donc utilisé des profils gaussiens
plus facile à contraindre, et qui donnent des résultats similaires à un profil parabolique. A partir
de ces profils, nous pouvons en déduire la fraction condensée du nuage, voir figure 3.10.

L’anisotropie du piège dû à la grande différence entre les fréquences transverses et la fréquence
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Figure 3.9 – Evolution du nombre d’atomes N , de la température T , du taux de collisions
élastiques Γ, et de la densité dans l’espace des phase au cours de la séquence
d’évaporation. La ligne verte en tirés verticaux correspond à l’instant à partir
duquel les atomes sont transférés dans le dimple. La ligne rouge en tirés horizon-
taux marque le seuil de condensation pour lequel D > 1.2. Les grandeurs N et
T sont mesurées directement, Γ et D sont mesurées à partir des calibrations des
fréquences du piège.
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Figure 3.10 – Les photos (a), (b) et (c) représentent un nuage partiellement condensé pour
un temps de vol de 25 ms, dont les températures de la partie thermique sont
respectivement 350 nK, 250 nK, et 100 nK. Les graphes du dessous sont les
profils verticaux de la densité intégrée selon l’axe x, les fractions condensées
sont respectivement 12%, 30%, et 60%.

longitudinale, est responsable de l’apparition d’une double structure. Dans notre cas, la caméra
de détection se situe à 45° des axes propres z′ et y′ du piège, ce qui rend difficile l’observation
de la double structure. La configuration est représentée figure 3.11. En effet, lorsque les atomes
sont relachés, l’énergie d’interaction entre les atomes du condensat se transforme en énergie
cinétique, or plus le confinement est important, plus l’énergie d’interaction est grande. Sachant
que le nuage est davantage confiné suivant les axes x et z′ que suivant l’axe y′, l’expansion de la
partie condensée du nuage est donc très anisotrope contrairement à celle de la partie thermique.
Or, l’expansion du nuage est observée dans le plan (xOz), la projection verticale de la taille du
nuage σv comprend alors la composante selon z′ et celle selon y′. L’anisotropie de l’expansion
du nuage condensé est donc moins marquée dans le plan de projection (xOz) du capteur. De
plus, le signal de fluorescence du nuage condensé, collecté par la caméra, correspond à la densité
colonne suivant l’axe y, cette densité est donc plus faible que si le nuage était observé suivant
l’axe z′.

Idéalement, il faudrait observer le nuage suivant les axes propres du piège, mais nous sommes
contraint par les accès optiques du dispositif. Ainsi, la double structure caractéristique du nuage
partiellement condensé est moins bien résolue.

En effectuant un temps de vol, nous pouvons mesurer la dispersion en vitesse du nuage
condensé selon les axes x et z. Bien que par définition la température du condensat soit nulle,
nous lui attribuons une température effective extraite de la relation (3.3.1), caractérisant alors
la dispersion en vitesse du nuage due aux collisions dans le condensat. Ainsi, le condensat a une
température effective horizontale de 77 nK et verticale de 52 nK pour des fréquences du piège
de (50, 900, 1050) Hz. La mesure de ces fréquences est détaillée dans la partie 3.3.6.
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Figure 3.11 – Vue dans le plan (zOy) du piège réservoir et dimple. Les ellipse grises repré-
sentent le nuage condensé à différents temps de vol. Les grandeurs σv et σh
représentent les projections des tailles verticale et horizontale du nuage sur le
plan (zOx)

.

3.3.5 Polarisation du nuage condensé
L’objectif est d’obtenir une source ultra froide dans le sous niveau magnétique mF = 0

pour ne pas être sensible au premier ordre à des champs magnétiques pendant la séquence
interférométrique.

Comme nous l’avons vu dans le chapitre 2, il n’y a pas de levée de dégénérescence dans un
piège dipolaire optique pour des polarisations linéaires. Par ailleurs, les atomes capturés dans le
piège ont été préparés dans le niveau hyperfin F = 1 à la fin de la mélasse. Ils sont alors répartis
de façon équiprobable dans les trois sous niveaux magnétiques mF = −1, 0,+1. Ainsi, lors du
refroidissement par évaporation, la perte d’atomes est la même pour les trois sous niveaux. Afin
d’augmenter la population d’une des sous espèces, il est nécessaire de modifier la profondeur du
piège pour chaque sous espèce, cela est réalisé par l’ajout d’un gradient de champ magnétique
lors de l’évaporation.

Force résultant d’un gradient de champ magnétique

Considérons un atome plongé dans un champ B(r) inhomogène. Si l’atome se déplace suffi-
samment lentement devant la fréquence de précession de Larmor, son moment magnétique suit
de façon adiabatique le champ B(r). La force exercée par le gradient de champ magnétique sur
les atomes s’écrit :
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(a) (b)

Figure 3.12 – (a) Représentation du piège réservoir et du piège dimple dans le plan (yOz)
et de la bobine Bz créant le gradient de champ magnétique vertical. (b) Profil
du potentiel dipolaire optique selon la gravité pour les trois sous-niveaux mF =
−1, 0,+1 en présence d’un gradient de champ magnétique vertical.

F = gFmFµB∇B(r) (3.3.3)

Pour générer le gradient de champ magnétique, nous utilisons une bobine circulaire située
dans le plan (xOy), le champ créé au centre de la bobine est donc suivant l’axe z, la configuration
est représentée sur la figure 3.12 (a). En se déplaçant le long de l’axe z, le champ diminue, donc
le gradient de champ est orienté vers le centre de la bobine. Ce gradient peut être considéré
comme uniforme au voisinage du centre du piège, l’ajout de ce gradient résulte donc en un
simple changement de pente du potentiel différent suivant le sous niveau mF , comme représenté
sur la figure 3.12 (b).

Les atomes dans l’état mF = −1 sont alors attirés par les zones de champ faible, ils sont
donc repoussés par la bobine, alors que les atomes dans l’état mF = 1 sont attirés par les zones
de champ fort.

Distillation du spin

Pour obtenir un nuage d’atomes dans un seul sous état magnétique, un gradient de champ
placé suivant l’axe faible du piège est souvent utilisé pendant l’évaporation pour expulser préfé-
rentiellement certaines sous espèces magnétiques.

Dans notre configuration, l’axe faible est selon l’axe du dimple, de plus celui-ci se situant à
45° de l’axe de la gravité, il est donc possible de modifier la pente du potentiel en ajoutant un
gradient de champ vertical, grâce à la bobine Bz du bas. En faisant passer un courant constant de
80 A tout au long de l’évaporation nous créons une force de 0.06 × mg pour les états mF = ±1.

Le processus de distillation peut se comprendre en regardant plus en détail l’effet du gradient
de champ magnétique sur la forme du potentiel. L’ajout du gradient induit une différence de la
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(a) (b)

Figure 3.13 – Analyse de la population des différents états mF par une expérience de Stern et
Gerlach. Les atomes sont libérés du piège, puis le gradient vertical de champ est
allumé pendant 15 ms, finalement on laisse les atomes en chute libre pendant
5 ms avant de prendre une image. (a) La séquence d’évaporation est faîte sans
gradient de champ magnétique, il n’y a donc pas de distillation de spin, on voit
les trois sous niveaux mF = −1, 0, 1. (b) Le champ magnétique est allumé à sa
valeur maximale tout le long de l’évaporation, l’espèce mF = −1 a été purifiée.

profondeur du piège pour les différents sous niveaux mF sans changer significativement la posi-
tion du centre, voir figure 3.12. Certains sous niveaux mF vont donc s’échapper plus facilement
du piège que d’autres, c’est pourquoi on parle de distillation.

Il a été difficile de mesurer la température des atomes au cours de la rampe dans les différents
sous niveaux, car les nuages au cours d’un temps de vol se recouvrent pour des températures
supérieures à 500 nK. Néanmoins, pendant l’évaporation, les atomes dans les sous niveaux
mF = 0 et mF = +1 s’échappent en premier car la profondeur est plus faible, or comme ils
participent à la rethermalisation du nuage restant par refroidissement sympathique [144], la
perte d’atomes dans le sous niveau mF = −1 est plus faible pour une même diminution de la
température qu’en l’absence de champ magnétique. La population dans le condensat polarisé
dans mF = −1 est donc plus grande que dans le nuage non polarisé.

A la fin de l’évaporation, nous utilisons une expérience de Stern et Gerlach pour visualiser
la population dans les différents sous états en allumant la même bobine Bz ce qui permet de
prévenir du retournement de spin, les images sont présentées sur la figure 3.13.

La population dans les différents sous niveaux en fonction de l’intensité du champ est re-
présenté figure 3.14. L’utilisation de ce gradient vertical suffit à préparer des condensats dans
l’état mF = −1. Le nombre d’atome dans le nuage non polarisé est de 5× 104, or nous arrivons
à former un condensat dans mF = −1 de 2 × 104, ce qui correspond à 40 % de la population
totale dans le nuage non polarisé, cela signifie qu’il ne s’agit pas d’un simple filtrage.

Les atomes seront ensuite transférés dans le sous niveau mF = 0 grâce à l’application d’un
champ magnétique radiofréquence.
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Figure 3.14 – Population dans l’état mF = −1 en bleu, mF = 0 en rouge, et mF = 1 en vert,
en fonction du courant dans la bobine Bz qui est maintenu constant au cours
de l’évaporation.

3.3.6 Mesure des fréquences du piège
Pour caractériser le nuage d’atomes, il est important de connaître précisément les fréquences

du piège. Nous avons donc mesuré ces fréquences au cours de l’évaporation, ce qui nous a aussi
permis de vérifier la modélisation numérique du piège.

Pour mesurer les fréquences élevées créées par le dimple, nous utilisons la méthode de l’ex-
citation paramétrique du piège. Cette méthode consiste à moduler la raideur du piège à une
fréquence fex = 2fi, avec fi une des fréquences propres du piège. Lorsque la fréquence d’ex-
citation est égale au double d’une fréquence propre du piège, l’énergie transférée aux atomes
est maximale, il en résulte un échauffement du nuage [145]. Par ailleurs, le piège créé par les
faisceaux laser a une profondeur finie, ainsi si les atomes reçoivent une énergie suffisamment im-
portante lors du chauffage paramétrique, ils peuvent s’échapper du piège. Il suffit alors de repérer
pour quelles fréquences nous observons une augmentation de la température et une diminution
du nombre d’atomes.

La figure 3.15 présente les résultats de la modulation du dimple à la fin de l’évaporation.
Nous avons alors un condensat de 2 × 104 atomes dans un piège formé par le piège réservoir
dont la puissance dans chaque bras est de 0.5 W, et par le dimple dont la puissance est de 1.8
W. Pour mesurer l’augmentation de la température du nuage, les images sont prises après un
temps de vol de 20 ms, la mesure de la taille verticale et horizontale est donc une indication de
la température du nuage.

La figure 3.15(a) présente les résultats de la modulation pour des fréquences allant de 10 Hz
à 100 Hz, la profondeur de modulation est de 20 % et le temps de modulation est 300 ms. Nous
observons une anti-résonance en nombre d’atomes et une résonance en taille pour une fréquence
d’environ 55 Hz. Cette fréquence correspond à la fréquence longitudinale du piège, dominée par
la fréquence transverse du piège réservoir, et non pas à la seconde harmonique. En effet, lorsque
la puissance du dimple est modulée à la fréquence transverse du piège réservoir, cela n’influe
que très peu sur la raideur du piège, mais entraîne la modulation de la position du centre du
piège. Le centre de masse du nuage est alors mis en mouvement à la fréquence du piège, ce qui
résulte en une diminution du nombre d’atomes et une augmentation de la température.

La figure 3.15(b) présente les résultats de la modulation pour des fréquences allant de 1500
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Figure 3.15 – Modulation en fréquence de la puissance du dimple. (a) La puissance du dimple
est modulée à 20% de sa valeur. Une anti-résonance en nombre d’atomes est ob-
servée à la fréquence propre longitudinale du piège. (b) La puissance est modulée
à 10%. Deux anti-résonances en nombre d’atomes sont observées aux doubles
des fréquences propres transverse du piège.

Hz à 2400 Hz, la profondeur de modulation est de 10 %, le temps de modulation est aussi de
300 ms. Nous observons alors deux anti-résonances en nombre d’atomes et deux résonances en
taille pour des fréquences de 1800 Hz et 2100 Hz. Dans ce cas, ces fréquences correspondent
bien aux doubles des fréquences propres du piège, dominées par les fréquences transverses du
dimple. A priori, nous nous attendons à mesurer une seule fréquence transverse correspondant au
confinement transverse du dimple. La présence de deux fréquences différentes peut être expliquée
par la présence d’astigmatisme sur le faisceau du dimple, que nous avons caractérisé par la suite,
voir figure 3.16.

Au final, nous avons obtenu un condensat dans un piège dont les fréquences en fin d’évapo-
ration sont (55, 900, 1050) Hz.

En mesurant les fréquences du piège pour différentes puissances du dimple et du piège ré-
servoir, nous avons pu ajuster la valeur du waist dans les simulations numériques pour faire
correspondre les valeurs de la simulation et celles mesurées. La figure 3.16(b) montre les fré-
quences transverses du dimple mesurées et obtenues par simulation. Pour différentes puissances,
nous constatons qu’il y a toujours deux fréquences dont la différence peut se comprendre en
introduisant une différence de 3 µm sur la valeur du waist au niveau des atomes dans la simu-
lation numérique, ce qui revient à simuler un astigmatisme du faisceau. Par ailleurs, les valeurs
des waists prises comme paramètres ajustables dans la simulation sont en accord avec la valeur
mesurée du waist du dimple de 28 ± 6 µm. La figure 3.16(a) représente les valeurs de la fré-
quence transverse du piège réservoir. Nous constatons que cette fréquence ne suit pas l’évolution
attendue avec l’augmentation de la puissance. A partir de 3 W, la fréquence est plus élevée que
celle attendue pour un waist de 115 µm, nous expliquons cette évolution par une diminution du
waist avec l’augmentation de la puissance. Cette modification est sans doute imputable à des
effets de lentilles thermiques qui se produiraient au niveau du cristal du MAO. Un ajustement
de l’évolution des fréquences avec la puissance dans la simulation numérique nous permet d’ex-
trapoler une diminution de la largeur du waist de 115 µm à 95 µm au delà de 3 W. La valeur
de 115 µm est en accord avec la valeur mesurée du waist du faisceau du piège réservoir dans le
chapitre 2.



82 Chapitre 3 De l’évaporation à la condensation

(a)

0.0 2.5 5.0 7.5 10.0 12.5 15.0 17.5
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wréservoir = 115 µm
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Figure 3.16 – Evolution des fréquences de piégeage avec la puissance. Les courbes rouges et
noires correspondent aux simulations dans lesquelles le waist est ajusté. (a) Les
points bleus représentent la fréquence longitudinale du piège (fréquence trans-
verse du piège réservoir) mesurée en fonction de la puissance dans le réservoir.
(b) Les points bleus et verts représentent les deux fréquences transverses du
piège mesurées par modulation de la puissance du dimple.

3.3.7 Temps de vie et taux de chauffage
Nous avons mesuré le temps de vie du condensat et le taux de chauffage dans le piège. Pour

cela, un condensat pur de 2×104 atomes est préparé dans le piège. La profondeur est augmentée
d’un facteur 5 pour éviter de perdre des atomes par évaporation naturelle. Le nombre d’atomes
est alors mesuré pour différents temps de maintien t.

Le nombre d’atomes dans le piège décroit de façon exponentielle, voir figure 3.17(a). Un
ajustement par une loi exponentielle permet de mesurer un temps de vie de 12.3 ± 1.3 s. En
attribuant ce temps de vie aux collisions avec les particules du gaz résiduel, on peut estimer
la pression qui règne dans l’enceinte à vide. Le temps de vie est relié à la section efficace de
collision σ par la relation :

1
τ

= nσv (3.3.4)

avec n la densité de particules du gaz résiduel, v la vitesse moyenne égale à
√

8kBT/(πm),
et σ la section efficace de collision. Nous pouvons utiliser la section efficace de collision entre
deux particules de rubidium, égale à 2500 Å2 [146], les sections efficaces avec d’autres espèces
atomiques étant négligeables. En utilisant la loi des gaz parfait, nous pouvons estimer la pression :

P = nkBT (3.3.5)

un temps de vie de 12.3 s correspond alors à une pression de 5×10−10 mbar, ce qui est en accord
avec la lecture du courant dans les pompes ioniques.

Pour mesurer le taux de chauffage, nous utilisons la méthode du temps de vol pour mesurer
une température effective au même temps de maintien t que la mesure du nombre d’atomes, il
semble cette température croit linéairement avec le temps de maintien, d’après la figure 3.17(b),
en modélisant la courbe expérimentale (en bleu) par une droite (en rouge), nous en déduisons
le taux de chauffage donné par le coefficient directeur. Ce taux de chauffage est alors de 24
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Figure 3.17 – (a) Cette figure représente le nombre d’atomes dans le condensat à la fin de la
séquence d’évaporation en fonction du temps de maintien du piège. Les points ex-
périmentaux sont représentés en point bleu, les barres d’incertitude représentent
l’erreur statistique sur 5 répétitions de la mesure. La courbe rouge correspond à
un ajustement par une loi exponentielle qui nous permet d’extrapoler un temps
de vie de 12.3 ± 1.3 s. (b) Cette figure montre la température mesurée du nuage
représentée par des points bleus en fonction du temps de maintien dans le même
piège que celui dans lequel est effectué le temps de vie. Un ajustement par une
loi affine en rouge donne un taux de chauffage de 24 nK.s-1.

nK.s-1, ce qui correspond à l’ordre de grandeur du taux calculé avec la relation (2.2.9), avec les
paramètres correspondants à cette étape de la séquence. Cela signifie que les autres sources de
chauffage comme le bruit en intensité des lasers, ou la diffusion de la lumière résonante à 780
nm peuvent être négligés.

3.4 Collimation du nuage d’atomes
Le refroidissement par évaporation nous a permis d’obtenir un nuage totalement condensé

dont la température effective est de 52 ± 2 nK selon la verticale et de 77 ± 2 nK selon l’hori-
zontale, ce qui correspond à une dispersion en vitesse de 2.2 ± 0.1 mm.s-1 et 2.7 ± 0.1 mm.s-1

respectivement selon l’horizontale et la verticale. Afin de diminuer cette dispersion en vitesse,
nous utilisons des techniques d’optique atomique pour obtenir un condensat avec une dispersion
en vitesse verticale de 1.4 ± 0.4 mm.s-1 et de 0.3 ± 0.3 mm.s-1 en vitesse horizontale ce qui
correspond à une température verticale effective de 20 ± 5 nK, et une température horizontale
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Figure 3.18 – Portrait de phase d’un nuage thermique après un temps de vol. L’application
d’un potentiel harmonique collimate le nuage d’atomes dans la direction x, cela
résulte en une rotation dans l’espace des phases.

de 1.4 ± 1.2 nK.

3.4.1 Principe
La technique de refroidissement par évaporation permet d’atteindre des températures de

l’ordre de la dizaine de nK, mais au pris d’une perte importante des atomes piégés. Une technique
complémentaire est la collimation du nuage avec des lentilles à atomes [147] aussi appelé delta-
kick cooling, le principe est de laisser le nuage d’atomes s’étendre librement et ensuite de réduire
sa dispersion en vitesse en allumant le piège pour réduire spécifiquement chaque classe de vitesse
du nuage, cette manipulation dans l’espace des phases est illustrée sur la figure 3.18. Considérons
l’expansion du nuage selon une dimension x, la vitesse des atomes après un temps de vol T est
essentiellement une fonction linéaire de la position tel que v(x) = x/T . L’application d’un
potentiel harmonique U(x) = −1

2mω
2x2 de durée τ après un temps de vol T , permet de changer

la vitesse des atomes de ∆v(x) = − 1
m
dU(x)
dx τ = ω2xτ . La vitesse des atomes après l’application

du potentiel est nulle si la durée de l’impulsion τ est telle que ω2xτ = x/T . La dispersion en
vitesse est réduite mais la densité dans l’espace également à cause de la phase d’expansion libre,
cette technique ne permet pas de refroidir le nuage. Néanmoins, elle présente l’avantage d’être
rapide et n’induit pas de pertes d’atomes contrairement à l’évaporation. Cette méthode nécessite
l’utilisation d’un autre piège centré sur le nuage après un temps de vol T , ce qui s’avère être
difficile à mettre en œuvre dans notre configuration.

Une méthode similaire consiste à décomprimer le piège de façon soudaine, les atomes oscillent
alors dans le piège de telle sorte que la taille du nuage varie à la fréquence double de la fréquence
propre du piège décomprimé 1. Le nuage est alors relaché quant il a atteint sa taille maximale au
point de rebroussement classique, qui correspond au moment où la vitesse d’expansion est nulle
[148]. Par ailleurs, un transfert adiabatique vers un piège moins confinant permet de diminuer
le potentiel chimique du condensat, et donc son expansion en espace libre [149]. Nous utilisons
une combinaison de ces deux techniques pour refroidir le nuage après la séquence d’évaporation.

3.4.2 Résultats expérimentaux
Pour diminuer la dispersion en vitesse, le nuage est transféré dans le piège réservoir sans la

présence du dimple. Les fréquences du piège réservoir étant beaucoup plus faible que celle du
dimple, l’énergie d’interaction diminue en conséquence ce qui abaisse la dispersion en vitesse.

Dans un premier temps, la puissance dans le dimple est diminuée linéairement jusqu’à l’ex-
tinction, la puissance dans le piège réservoir est augmentée en même temps pour garder une

1. Il se produit les mêmes oscillations dans le cas de l’excitation paramétrique à la différence que dans ce cas
les oscillations ne sont pas forcées.
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Figure 3.19 – Oscillation de la température horizontale dans le piège réservoir seul. Les atomes
sont transférés dans le piège réservoir en 100 ms, qui est alors maintenu pendant
120 ms. La température horizontale effective est mesurée par temps de vol toutes
les 5 ms. Les points bleus représentent les points expérimentaux, et la courbe
rouge est un ajustement sinusoïdale dont la fréquence est 25.0 ± 0.2 Hz.

Figure 3.20 – Schéma du piège dimple avec le piège réservoir dans le plan (yOz) et de la
caméra sCMOS. A droite, une représentation schématique de la forme du nuage
dans le plan (yOz) après avoir été relâché du piège est présentée.
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Figure 3.21 – (a) Photos du nuage d’atomes lors d’un temps de vol dans le piège dimple et
le piège croisé (1) et après le transfert dans le piège réservoir seul (2). (b)
Evolution des tailles verticale et horizontale pendant pour des temps de vol de
5 ms à 30 ms dans les cas (1) et (2).

profondeur suffisamment grande pour compenser la gravité, la durée de la rampe est de 100 ms.
Les atomes sont alors piégés uniquement dans le réservoir. Les fréquences du piège passent alors
de (50, 900, 1050) Hz à (10, 80, 80) Hz. Lors du transfert vers le réservoir seul, l’axe horizontal x
reste un axe propre du piège, la fréquence selon cet axe passe de 1 kHz à 10 Hz. La température
horizontale effective se voit grandement diminuée et passe à 1.4 ± 1.2 nK.

La décompression n’est pas adiabatique car le transfert se fait en un temps de l’ordre de
la période d’oscillation du piège final selon l’axe x. La taille suivant x du nuage oscille donc
au double de la fréquence propre longitudinale du piège réservoir. En mesurant la température
effective horizontale en fonction du temps de maintien, nous pouvons déterminer le temps pour
lequel la dispersion en vitesse horizontale est minimale, la courbe est représentée sur la figure
3.19. Un ajustement sinusoïdale permet de trouver une fréquence de 25.0 ± 0.2 Hz. Il suffit alors
de couper le piège quant la vitesse d’expansion du nuage dans le piège est minimale, ce qui
revient à collimater le nuage dans la direction horizontale. En pratique, le piège est coupé juste
à la fin de la rampe ce qui correspond au temps t=0 ms sur la courbe 3.19.

La fréquence transverse du piège passe de 1 kHz à 80 Hz pendant le transfert dans le réservoir.
La puissance dans le piège réservoir est également augmentée, donc le piège est comprimé selon
l’axe y′, et décomprimé selon l’axe z′. Les tailles du nuage selon y′ et z′ oscillent donc en
quadrature de phase, voir figure 3.20, il n’est donc pas possible d’obtenir une dispersion en
vitesse minimale selon ces deux axes en même temps. Néanmoins, la diminution des fréquences
du piège permet quand même de diminuer la vitesse d’expansion spatiale pendant le temps de
vol.

En réalité, le transfert du nuage dans le piège réservoir n’est pas vraiment soudain, donc il est
difficile de connaitre la dynamique du nuage dans le piège. Les températures effectives obtenues
sont le résultat d’une optimisation de la séquence de transfert. Au final, la température effective
verticale minimale que nous avons pu atteindre après avoir optimisé la séquence de transfert est
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de 20 ± 5 nK. Les évolutions des tailles horizontale et verticale du nuage lors d’un temps de vol
avant et après le transfert sont représentées sur la figure 3.21.

La diminution de la dispersion en vitesse est essentielle pour augmenter l’efficacité de dif-
fraction du nuage par un réseau optique, notamment dans le cas où des séquences d’impulsions
multi-photoniques sont utilisées, ce qui est discuté dans le chapitre 4.

3.5 Conclusion
Nous avons vu dans ce chapitre la mise en place d’un second piège dipolaire optique, le

dimple, en utilisant un laser Keopsys fibré monomode à 1560 nm. Le faisceau qui crée le dimple
a un waist de 28 ± 6 µm, ce qui permet d’avoir une fréquence transverse de 1.8 kHz en début
d’évaporation. L’ajout du dimple au piège reservoir a permis d’augmenter le taux de collisions
élastiques jusqu’à 104 s-1 et la densité dans l’espace des phases jusqu’à 2× 10−2. Ces conditions
initiales ont permis de réaliser une séquence de refroidissement par évaporation efficace menant
jusqu’à la condensation de Bose-Einstein en seulement quelques secondes.

La réalisation du refroidissement par évaporation en présence d’un gradient de champ ma-
gnétique a permis de réaliser une distillation de spin, et ainsi d’obtenir un condensat quasi-pur
de 2× 104 atomes dans le sous niveau magnétique mF = −1. La prochaine étape dans la prépa-
ration de la source d’atomes est de transférer les atomes dans le sous niveau mF = 0, pour ne
pas être sensible à des champs magnétiques résiduels au premier ordre.

Comme je l’ai mentionné auparavant, l’intérêt d’avoir une source d’atomes ultra froide est
d’augmenter la sensibilité de l’interféromètre. Ainsi, une étape de manipulation du nuage dans
l’espace des phase a permis de passer d’une température effective de 52 nK à 20 nK en vertical
et de 77 nK à 1.4 nK en horizontal. La diminution de la dispersion en vitesse devrait permettre
d’augmenter l’efficacité de la diffraction de Bragg.
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Chapitre 4

Diffraction dans un réseau optique
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Pour réaliser un interféromètre atomique utilisant des transitions de Bragg, un réseau op-
tique est créé à partir de deux faisceaux contra-propageants provenant de la même source laser.
Nous avons vu dans les chapitres précédents la réalisation d’une source d’atomes ultra-froids,
présentant une faible extension spatiale et une faible dispersion en vitesse. L’obtention de cette
source atomique permettra d’avoir une grande efficacité de diffraction dans le réseau optique.
La mise en place de ce réseau nécessite de développer une source laser de quelques centaines
de milliwatts dans notre configuration. Pour cela, nous utilisons une source laser monomode à
1560 nm. La fréquence de cette source est ensuite doublée pour créer des faisceaux à 780 nm.
Dans ce chapitre, je présente dans un premier temps des simulations numériques de la diffraction
de Bragg multi-photoniques permettant de dimensionner le système laser. Dans un deuxième
temps, je détaille les caractéristiques de la source laser à 1560 nm et le doublage de fréquence
pour créer le réseau de diffraction, ainsi que l’asservissement en fréquence du laser. Finalement, je
présente une extension du formalisme de la fonction de sensibilité à des interféromètres utilisant
des transitions de Bragg séquentielles.

4.1 Diffraction de Bragg
La diffraction de Bragg a permis de réaliser des lames séparatrices [150, 8] et d’augmenter

la séparation spatiale dans de nombreuses expériences d’interférométrie [54, 53, 55, 56]. La
recherche de meilleures performances a conduit à étudier la diffraction de Bragg par des méthodes

89
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analytique [46] ou numérique [151]. Dans cette partie, j’expose les simulations numériques d’un
réseau de diffraction de Bragg à partir d’un modèle développé dans la référence [46]. Nous verrons
dans un premier temps le modèle théorique, et ensuite les simulations numériques permettant
de dimensionner le réseau optique.

4.1.1 Modèle théorique
Le modèle théorique a été présenté dans le chapitre 1, je rappelle ici les principaux éléments,

et j’introduis l’effet d’une dispersion en vitesse dans le modèle.
Je modélise le processus de diffraction de Bragg d’ordre n avec un atome dans un état de

quantité de mouvement |p0〉 couplé à l’état |p0 + 2nh̄k〉. En réalité, le nuage d’atomes présente
une distribution en vitesse, que je modélise par une distribution statistique gaussienne d’écart
type σv. Nous allons voir que cette dispersion diminue l’efficacité de diffraction, la transition de
Bragg n’étant pas résonante avec toutes les classes de vitesse, ce processus est illustré figure 4.1
(a), où la diffraction de Bragg est représentée dans le référentiel du laboratoire. Pour effectuer
simplement les calculs, je me place dans la suite dans un référentiel tel que les états initial et
final sont respectivement |−nh̄k〉 et |nh̄k〉, les transitions sont représentées figure 4.1 (b). Par
ailleurs, à ordres de diffraction élevés, d’autres états sont peuplés car la sélectivité en vitesse
augmente avec l’ordre de diffraction, ce qui contribue également à diminuer l’efficacité de dif-
fraction. La quantification des pertes d’atomes lors du processus de diffraction nous permet de
mieux dimensionner le laser à utiliser pour réaliser de grands transferts de quantité de mouve-
ment. Je rappelle donc le modèle semi-classique présenté dans le chapitre 1, dont la résolution
numérique permet de dimensionner le système laser utilisé pour le réseau de diffraction.

La méthode utilisée pour les simulations numériques s’appuit sur la référence [152]. L’établis-
sement de l’équation régissant la dynamique de la fonction d’onde de l’état fondamental cf (z, t)
a été fait dans le chapitre 1. Je rappelle ici cette équation :

∂cf (z, t)
∂t

= ih̄

2m
∂2cf (z, t)
∂z2 − 2iΩ(t)cos2(kz)cf (z, t) (4.1.1)

avec Ω(t) = Ω0(t)2/2∆, la fréquence de Rabi à deux photons. Pour un ordre de diffraction d’ordre
n, la transition entre l’état |−nh̄k〉 et |nh̄k〉 est résonante. Pour prendre en compte la dispersion
en vitesse du nuage, je considère l’état initial |(−n+ δ)h̄k〉, avec δh̄k le décalage en quantité de
mouvement par rapport à la résonance, dû à l’effet Doppler. Le réseau étant périodique dans
l’espace de période 2πk−1, la fonction d’onde peut se décomposer sur les fonctions de Bloch.

cf (z, t, δ) =
∞∑

l=−∞
cl(δ, t)ei(l+δ)kz (4.1.2)

En remplaçant l’expression (4.1.2) de cf dans l’équation (4.1.1), nous trouvons le système
d’équations différentielles suivant :

i
∂cl(t)
∂t

= [ωr(l + δ)2 + Ω(t)]cl(t) + Ω(t)
2
(
cl−2(t) + cl+2(t)

)
, ∀l (4.1.3)

Il est alors possible d’intégrer numériquement ce système d’équations différentielles en fixant
les conditions initiales et la forme temporelle de l’impulsion Ω(t). La population dans chaque
état s’obtient en intégrant sur la distribution en vitesse du nuage d’atomes :

Pl =
∫
ρ(δ)2cl(δ, t)2dδ ∀l (4.1.4)
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(a) (b)

Figure 4.1 – (a) Courbe de dispersion d’une particule en propagation libre. Ce diagramme
représente une transition de Bragg à l’ordre n pour un nuage ayant une dispersion
en vitesse finie, représentée par la courbe verte. Dans le cas d’une impulsion π,
seule une partie de la population est transférée vers l’état final. (b) Représentation
de la transition de Bragg à l’ordre n dans le référentiel pour lequel les états initial
et final sont respectivement |−nh̄k〉 et |+nh̄k〉.

La distribution ρ(δ)2 est une distribution gaussienne normalisée avec une dispersion σv qui
s’écrit :

ρ(δ)2 = 1√
2πσ2

v

e−δ
2/2σ2

v (4.1.5)

Dans le cas d’une impulsion π, nous cherchons à maximiser la population transférée dans l’état
ciblé. Dans un premier temps, je considère que la source d’atomes est une onde plane monochro-
matique (δ = 0).

Une infinité d’états sont couplés par le réseau, il faut donc tronquer le système d’équations
différentielles (4.1.3) pour le résoudre numériquement. Pour un ordre de diffraction n, le système
est résolu pour l ∈ {−n−2m,−n, ..., n, n+2m}, avecm le nombre d’états voisins pris en compte,
celui-ci est déterminé de telle sorte qu’au delà de ce nombre, l’ajout d’états voisins affecte peu
la solution. Le système tronqué à résoudre peut être mis sous la forme d’un système linéaire
matriciel suivant :

Ċ = MC avec C = (c−n−2m, ..., cn+2m) (4.1.6)

avec M la matrice suivante :

M =

ωr(−n− 2m+ δ)2 Ω/2 0 · · · · · · 0

Ω/2 ωr(−n+ δ)2 . . . ...

0 . . . ωr(−n+ 2l + δ)2 . . . 0
... . . . ωr(n+ δ)2 Ω/2
0 · · · · · · 0 Ω/2 ωr(n+ 2m+ δ)2




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Figure 4.2 – Evolution des populations pour un ordre n = 5 de diffraction. L’état final |5h̄k〉
est en trait plein bleu et l’état initial |−5h̄k〉 en tirés rouges. Un des états inter-
médiaires |3h̄k〉 est représenté en pointillés verts. Le temps en abscisse correspond
à l’écart type σ de l’impulsion gaussienne.

La sous matrice encadrée correspond au système tronqué entre l’état initial et l’état final
cible, la matrice M comprend en plus les états voisins.

Considérons une transition d’ordre n = 5, ce qui correspond à un transfert de 10h̄k. En
prenant en compte deux états voisins, le système tronqué est (|−9h̄k〉 , |−7h̄k〉 , ..., |7h̄k〉 , |9h̄k〉).

Dans la suite, je considère le cas d’une impulsion temporelle de forme gaussienne. En effet, il a
été montré dans l’article de H. Müller que les impulsions gaussiennes permettent d’atteindre des
efficacités proches de 1 pour des ordres élevés de diffraction [46]. La forme temporelle gaussienne
de l’impulsion est :

Ω(t) = Ω1e
−t2/2σ2 (4.1.7)

avec Ω1 = Ω2
0/2∆, Ω0 est la pulsation de Rabi à un photon donnée par Ω0 = Γ

√
I/2Is, avec Is

l’intensité de saturation que l’on prend égale à 1.67 mW.cm-2, Γ est la largeur naturelle de la
raie égale à 6 MHz, et ∆ est le désaccord du laser par rapport à la transition F = 1 −→ F ′ = 2.
Pour cette simulation, Ω1 = 2π × 200 kHz, et ∆ = 2π × 10 GHz, la résolution est faite pour un
temps compris entre −4σ et 4σ.

L’évolution de la population dans l’état |5h̄k〉 représentée sur la figure 4.2 durant les pre-
mières microsecondes montre une dynamique complexe entre les états intermédiaires. En effet,
les populations dans les états intermédiaires oscillent durant ces premières microsecondes, puis
tendent vers 0. Pour plus de clarté, seul l’état intermédiaire |3h̄k〉 est représenté. Au delà de 10
µs, la population oscille entre l’état initial |−5h̄k〉 et l’état |5h̄k〉. D’après la relation (1.1.40),
le système est dans le régime de quasi-Bragg, l’utilisation d’une impulsion gaussienne permet
d’atteindre une efficacité maximale proche de 1 pour un ordre de diffraction n = 5. Les résultats
de la simulation numérique sont en accord avec les résultats de [46] et de [151].

4.1.2 Influence de la dispersion en vitesse du nuage
Pour dimensionner le système laser, je considère un nuage d’atomes ayant une distribution

en vitesse gaussienne isotrope et caractérisée par une dispersion σv définie par la relation (4.1.5),



4.1 Diffraction de Bragg 93

(a) (b)

Figure 4.3 – (a) Efficacité de diffraction dans le cas d’une impulsion π en fonction de la
dispersion en vitesse du nuage d’atomes pour les 5 premiers ordres de diffraction,
la puissance du laser est de 200 mW. (b) L’efficacité de diffraction est tracée pour
l’ordre 5 de diffraction pour des puissances allant de 100 mW à 1000 mW. La
dispersion en vitesse est en unité de vr, la vitesse de recul.

ce nuage a aussi une distribution spatiale gaussienne caractérisée par une taille σr. La taille du
waist des faisceaux laser est principalement contrainte par la taille des électrodes.

Comme nous l’avons mentionnée précédemment, la mesure de la neutralité de la matière
nécessite de mettre en place des électrodes à travers lesquelles doivent passer les faisceaux du
réseau optique. Pour minimiser les phénomènes de diffraction des faisceaux laser sur les bords des
électrodes, le waist des faisceaux doit être plus petit que le rayon des électrodes. En prévoyant
un rayon de 0.5 cm pour chaque électrode, le waist de chaque faisceau devra donc être de l’ordre
de quelques millimètres au plus.

Ces contraintes permettent d’envisager une taille de waist inférieure à 5 mm. Dans toutes
les simulations numériques qui suivent, je fixe le waist à 2 mm. Pour un nuage de 100 µm
de taille horizontale centré sur un faisceau gaussien de 2 mm de waist, la variation d’intensité
sur l’étendue spatiale du nuage est inférieure à 2 %, ce qui induit une variation d’efficacité
de diffraction inférieure à 1 %, l’intensité laser peut donc être considérée comme uniforme sur
l’étendue spatiale du nuage. Pour un nuage dont la taille horizontale est supérieure à 300 µm au
moment des impulsions, ce qui correspond à une température de l’ordre de 100 nK, la variation
d’efficacité entre le centre et les bords du nuage devient supérieure à 10 %.

Le système d’équations est résolu en considérant une impulsion gaussienne de durée 8σ,
avec σ l’écart type de la gaussienne. Ensuite, je cherche la durée de l’impulsion pour laquelle
l’efficacité est maximale. Une fois cette durée fixée, j’itère la résolution en changeant le paramètre
δ, finalement je calcule la probabilité de transition grâce à l’équation (4.1.4) pour un nuage ayant
une dispersion en vitesse σv en intégrant sur le paramètre δ. La figure 4.3 présente l’évolution
de la probabilité de transition en fonction de la dispersion en vitesse longitudinale σv en unité
de vr, avec vr la vitesse de recul. La figure 4.3 (a) présente cette évolution pour différents ordres
de diffraction compris entre 1 et 10, la puissance utilisée pour calculer la pulsation de Rabi
Ω0 = Γ

√
I/2Is est de 200 mW par faisceau. Ces résultats montrent que, par exemple, pour

une source avec une dispersion en vitesse de σ = 0.2 vr, il est préférable d’utiliser une seule
impulsion d’ordre n = 10 ayant une efficacité de diffraction de 0.65, que 10 impulsions d’ordre
1, avec une efficacité totale de 0.810 = 0.1. La figure 4.3 (b) présente l’efficacité pour différentes
puissances laser, le calcul a été réalisé pour un ordre 5 de diffraction. Cette courbe nous montre



94 Chapitre 4 Diffraction dans un réseau optique

que doubler la puissance, en passant de 500 mW à 1 W par exemple, ne permet pas de gagner de
façon significative sur l’efficacité. Dans notre cas, la source d’atomes présente une température
verticale équivalente de 20 nK, ce qui correspond à une dispersion en vitesse de 0.23 vr, ainsi
une puissance de l’ordre de la centaine de mW permet d’atteindre une efficacité de diffraction
d’environ 0.8 au cours d’une impulsion π.

4.2 Doublage de fréquence
Les faisceaux laser du réseau optique sont obtenus à partir d’une source laser à 1560 nm de

marque Keopsys® capable d’émettre 13 W. La fréquence est ensuite doublée grâce à un cristal
non linéaire de niobate de lithium périodiquement retourné (PPLN : Periodically Poled Lithium
Niobate). Cette partie rappelle le principe, et les caractéristiques du doublage de fréquence avec
le cristal que nous utilisons.

4.2.1 Accord de phase
Lorsque l’on envoie une onde électromagnétique à la fréquence ω dans un cristal non linéaire,

il est possible d’obtenir une onde à la fréquence 2ω en sortie. En effet, la présence d’une onde
E dans un matériau diélectrique entraine une polarisation P de la matière proportionnelle au
champ E, pour des champs peu intenses.

P = ε0χ1E (4.2.1)

avec χ1 la susceptibilité linéaire électrique du matériau. Pour des champs plus intenses, il faut
prendre en compte les ordres supérieures en E. La polarisation s’exprime alors selon :

P = ε0χ1E + Pnl (4.2.2)

Le terme non linéaire de la polarisation dépend de façon quadratique du champ E au premier
ordre, il est caractérisé par la susceptibilité électrique d’ordre 2. Celle-ci est un tenseur d’ordre
3 qui peut s’écrire comme une matrice 3 × 6 :

Pnl =


px

py

pz

 = ε0
2


χ11 χ12 χ13 χ14 χ15 χ16

χ21 χ22 χ23 χ24 χ25 χ26

χ31 χ32 χ33 χ34 χ35 χ36





E2
x

E2
y

E2
z

2EyEz
2ExEz
2ExEy


(4.2.3)

Le cristal présente des symétries qui ont pour conséquences d’annuler la plupart de ces
coefficients.

Pour comprendre comment à partir d’une onde à la fréquence ω, il est possible de générer
une onde à la fréquence double, nous considérons l’équation de propagation non linéaire d’une
onde dans un milieu diélectrique d’indice n :

∆E− n2

c2
∂2

∂t2
E = µ0

∂2

∂t2
Pnl (4.2.4)

Considérons une onde incidente plane, monochromatique à la fréquence ω1, de vecteur d’onde
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k1, se propageant selon l’axe z :

E(z, t) = E1(z)ei(ω1t−k1z) (4.2.5)

Pour simplifier le problème, nous considérons que seul le coefficient χ11 est non nul. Le terme
non linéaire de la polarisation s’écrit en fonction de la composante Ex = E1 du champ électrique :

Pnl = ε0
2 χ11[E1(z)2ei(2ω1t−2k1z)] (4.2.6)

Nous recherchons donc une solution de l’équation de propagation d’amplitude E2 et de
vecteur d’onde k2. On se place dans le cas de l’approximation paraxiale, qui consiste à supposer
les variations de l’amplitude de E2(z) comme lentes à l’échelle de la longueur d’onde :∣∣∣∣∣d2E2

dz2

∣∣∣∣∣� k2

∣∣∣∣dE2
dz

∣∣∣∣ (4.2.7)

D’après l’équation (4.2.4), l’onde E2 oscille à la fréquence ω2 = 2ω1. L’équation (4.2.4) devient
finalement :

dE2
dz

= i
ω2

4n(ω2)cχ11E
2
1e
i∆kz (4.2.8)

avec ∆k = k2 − 2k1 le désaccord de phase.

L’intensité de l’onde à la fréquence 2ω1 en fonction de la position dans le cristal est donnée
par [153] :

I2 = ω1χ11
ε0c3n(ω1)2n(2ω1)∆k2 sin2

(∆kz
2

)
I2

1 (4.2.9)

Pour ∆k 6= 0, l’intensité s’annule périodiquement avec une période 2Lc, avec Lc = π/∆k
la longueur de cohérence du cristal. Il s’agit de la longueur au delà de laquelle la puissance
de seconde harmonique n’augmente plus en raison des interférences destructives entre l’onde à
ω1 ayant une phase 2ik1z et l’onde à ω2 avec une phase ik2z. Afin de réaliser une conversion
efficace, il est nécessaire de se placer dans le cas ∆k = 0, qui correspond au cas d’accord de
phase. Dans ce cas, n(2ω1) = n(ω1), or cette condition est difficile à réaliser en raison de la
dispersion normale. Il est possible de la réaliser dans les milieux biréfringents en choisissant le
bon angle d’incidence. Néanmoins, il n’est pas toujours possible d’exploiter le coefficient non
linéaire le plus élevé du matériau, et donc d’assurer une conversion de fréquence optimale.

4.2.2 Quasi-accord de phase
Dés les années 60, de nouveaux mécanismes ont été proposés pour réaliser un doublage de

fréquence optimal [154]. En effet, le terme de phase ei∆kz change de signe de façon périodique,
ainsi un changement de phase de π de ce terme pour chaque trajet optique de longueur Lc
permet d’ajouter de façon constructive les amplitudes de seconde harmonique. Il s’agit d’un
quasi-accord de phase.

Dans les matériaux ferro-électriques, il est possible de retourner le moment dipolaire élec-
trique permanent de façon périodique [155], ce qui entraine un changement de signe de certains
coefficients non linéaires du matériau, et ainsi un déphasage de π de l’onde à 2ω1. Le cristal
est dit alors périodiquement retourné, (Periodically Poled, PP). Le coefficient non linéaire est
alors une fonction périodique de l’espace, χ(z) = χefff(z), f(z) peut se décomposer en série de
Fourier :

f(z) =
∑
m

fme
−im 2π

Λ z (4.2.10)
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Figure 4.4 – Puissance de seconde harmonique en fonction de la position z dans le cristal. La
courbe rouge représente le cas ∆k 6= 0, et la courbe bleu correspond au quasi-
accord de phase. Les flèches noires dans les zones grisées représentent le moment
dipolaire permanent du matériau.

où Λ est la période de retournement de la polarisation du cristal.
L’expression de l’onde E2 se trouve en intégrant l’équation (4.2.8) sur la longueur du cristal

L, ce qui donne :
E2(L) = −i ω1

n2c

χeff
2 E2

1
∑
m

fm

∫ L

0
ei(∆k−m

2π
Λ )zdz (4.2.11)

La condition de quasi-accord de phase pour l’ordre m s’écrit alors :

∆kQAP = k2 − 2k1 −
2mπ

Λ (4.2.12)

La période de retournement est un multiple de la longueur de cohérence Λ = 2mLc. La
puissance de seconde harmonique le long du cristal est représentée sur la figure 4.4 en bleu dans
le cas du quasi-accord de phase et en rouge pour le cas ∆k 6= 0. Nous utilisons le niobate de
lithium (LiNBO3) périodiquement retourné (PPLN : Periodically Poled Lithium Niobate) car
sa technologie est bien maitrisée.

Pour que le processus de conversion soit optimal, il faut que le faisceau traverse tout le volume
du cristal, or comme le cristal est relativement fin, le faisceau doit l’être aussi. Nous utilisons des
faisceaux gaussiens, or plus le waist du faisceau est petit, plus la divergence est grande. Il existe
donc un compromis entre la divergence du faisceau et son waist pour optimiser le rendement de
conversion, celui-ci est atteint pour L/zR = 5.68 d’après [156]. Cette configuration est appelée
confocale.

Dans ce cas, il est possible de calculer le rendement optimal du cristal à partir de la relation
(4.2.9) :

η =
ω2

1χ
2
QAP

16ε0c3n(ω1)2n(2ω1)
L4

A
(4.2.13)

où χQAP est le coefficient non linéaire dans le cas du quasi-accord de phase et A la surface
traversée par l’onde. Ce rendement s’exprime en %.W-1, il est alors possible de comparer le
rendement attendu à celui mesuré. Le cristal que nous utilisons a une longueur de 40 mm, avec
un pas de retournement de 19 µm, d’après la relation (4.2.13), le rendement attendu est de 2.6
%.W-1.
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Figure 4.5 – Rendement de conversion du cristal PPLN en fonction de la température. Les
points bleus correspondent aux points expérimentaux, et la courbe rouge corres-
pond à un ajustement par un sinus cardinal. La température optimale de conver-
sion est mesurée à 81.1± 0.3◦C

Le dispositif expérimental permettant d’effectuer les mesures de caractérisation du cristal est
schématisé figure 4.7 en début de montage. La puissance est contrôlée avec un cube polarisant
et une lame demi-onde placée après la fibre du laser Keopsys. Le faisceau est focalisé à 45 µm
au centre du cristal. La puissance doublée est récupérée avec une lame réfléchissant 98 % de
la puissance à 780 nm. Les indices de réfraction dépendent de la température du cristal, ainsi,
le rendement de conversion présente une dépendance en sinus cardinal avec la température. Le
cristal est placé dans un four de marque Covesion, dont la température est controlée à 0.1◦C
et peut monter à 120◦C. La figure 4.5 présente l’évolution du rendement en fonction de la
température du cristal, la température optimale est mesurée à (81.1± 0.3)◦C.

Le rendement η a été mesuré en faisant varier la puissance en entrée du cristal. La figure
4.6 montre la dépendance quadratique de la puissance de sortie en fonction de la puissance en
entrée, ce qui permet de mesurer un rendement de conversion de 2.6±0.5 %.W-1. Ce rendement
est en accord avec la valeur attendue. Néanmoins cette mesure a été réalisée à basse puissance,
or lorsque la puissance en entrée du cristal est de 10 W, le rendement diminue jusqu’à 1.8 %.W-1.
Cette baisse de l’efficacité de conversion peut s’expliquer par des effets de lentilles thermiques
qui modifie localement la forme du faisceau au sein du cristal, qui n’est alors plus dans la
configuration optimale. Finalement, nous obtenons une puissance de 1.8 W à 780 nm.

4.3 Réalisation expérimentale du réseau optique
Les deux faisceaux contra-propageants sont créés avec deux MAO MT200-B100A0,5-800 de

AA Opto Electronic®, pouvant décaler la fréquence de chaque faisceau d’environ 200 MHz. Les
signaux RF envoyés aux MAO sont générés par deux DDS (Direct Digital Synthesizer) cadencées
par la même horloge de fréquence 1 GHz. Le décalage en fréquence est produit en réalisant un
double passage dans chaque MAO comme représenté sur la figure 4.7. Les faisceaux sont ensuite
injectés dans une fibre pour être amenés sur les atomes. La configuration en double passage dans
les MAO présente l’avantage de minimiser les déviations après le deuxième passage pouvant être
dues à des changements de fréquence, cela évite des variations d’intensité en sortie de fibre. Les
faisceaux sont injectés sur des polarisations rectilignes orthogonales selon les axes propres de la
fibre. Le croisement des polarisations se fait grâce au cube polarisant situé juste avant les MAO.
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Figure 4.6 – Puissance de seconde harmonique en sortie du cristal en fonction de la puissance
en entrée. Les points bleus sont les données expérimentales, et la courbe rouge
correspond à un ajustement par une loi quadratique qui permet d’en déduire un
rendement de conversion de 2.6± 0.5%.W-1.

La puissance en sortie de fibre de chaque faisceaux est de 250 mW.
Pour créer un réseau optique, les polarisations des faisceaux en sortie de fibre sont trans-

formées en polarisation circulaire, après un premier passage à travers une lame quart d’onde,
comme illustrée sur la figure 4.8 (b). Les polarisations sont transformées en σ− et σ+ 1, qui
deviennent respectivement σ+ et σ− après la rétro-réflexion et le passage à travers une seconde
lame quart d’onde. Il en résulte alors deux réseaux formés par les paires σ+ − σ+ et σ− − σ−.
Un des deux réseaux diffracte les atomes vers le haut et l’autre vers le bas, il est possible de
choisir lequel des deux réseaux à utiliser en changeant la condition de résonance (1.1.26).

Le montage en sortie de fibre est représenté figure 4.8(a). Une partie de la puissance sera
prélevée pour réaliser l’asservissement en phase des faisceaux. La forme temporelle des impul-
sions est produite grâce à un MAO. Un système afocal, composé d’une lentille divergente de -75
mm de distance focale et d’une lentille convergente de 300 mm de distance focale, placé après le
MAO permet d’obtenir un faisceau collimaté de 1.8 mm de waist sur les atomes. Finalement, le
faisceau est rétro-réfléchi, et deux lames quart d’onde sont placées de part et d’autre des atomes
pour créer la configuration des faisceaux contra-propageants en polarisation σ+−σ+ et σ−−σ−.

Les atomes étant dans le niveau hyperfin F = 1, le laser doit être désaccordé par rapport
à la transition F = 1 ↔ F ′ = 2. Le laser est asservi en fréquence, ce qui permet de contrôler
le désaccord à résonance. La boucle d’asservissement en fréquence est similaire à celle utilisée
pour l’asservissement du laser refroidisseur, le schéma de l’asservissement est représenté figure
4.9. Nous réalisons un battement entre le laser Keopsys une fois la fréquence doublée et un laser
de référence asservi sur une fréquence proche de la transition F = 2 ↔ F ′ = 3. Le battement
à quelques GHz est détecté par une photodiode et amplifié, celui-ci est multiplié par un signal
provenant d’un VCO, et doublé en fréquence. Le signal de battement obtenu autour de 200
MHz est filtré et envoyé dans un convertisseur fréquence tension. Le signal d’erreur est ensuite
envoyé à un régulateur PID, dont la tension en sortie est appliquée sur un cristal piézo-électrique
contrôlant la longueur de la cavité fibrée et ainsi la fréquence du laser.

1. Un champ magnétique faible sera appliqué dans l’axe du réseau, pour fixer un axe de quantification.
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Figure 4.7 – Schéma du trajet des faisceaux formant le réseau optique de diffraction. Le dé-
but de la chaine correspond à l’étape de génération de seconde harmonique. Les
deux MAOs permettent de générer la différence de fréquence entre les faisceaux
qui sont ensuite injectés dans une fibre sur des polarisations linéaires orthogo-
nales. Le battement avec le laser de référence sur la photodiode est utilisé pour
l’asservissement en fréquence.
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(a) (b)

Figure 4.8 – (a) Schéma du trajet des faisceaux en sortie de fibre placée sur l’expérience, les
faisceaux sont amenés sur les atomes avec un miroir qui renvoie les faisceaux à la
vertical, représenté par l’élément ovale. (b) Configuration des polarisations des
deux paires de faisceaux contra-propageants. Les paires de faisceaux utilisées sont
en configuration σ+ − σ+ et σ− − σ−.

4.4 Sensibilité en phase
Dans cette partie, je présente le formalisme de la fonction de sensibilité à l’origine développé

pour les horloges atomiques [157], et qui a montré son efficacité pour analyser la sensibilité des
interféromètres utilisant des impulsions laser [158]. Ce formalisme s’applique pour des interféro-
mètres impliquant le couplage entre les deux mêmes états tout le long de la séquence. Dans le
cas d’une succession d’impulsions, les états impliqués ne sont pas les mêmes d’une impulsion à
l’autre. Notre extension du formalisme permet de prendre en compte ces changements d’états,
et ainsi de coupler de proche en proche plus de deux états. Nous faisons néanmoins l’approxima-
tion qu’une impulsion ne couple que deux états. Nous obtenons alors une expression analytique
simple de la fonction de transfert dans le domaine de Fourier, et dans le domaine temporel.
L’objectif est de prendre en compte les bruits de phase pendant la séquence d’accélération et
de décélération des bras de l’interféromètre. Ce calcul s’appuit sur la méthode utilisée dans la
thèse de P. Cheinet [159], et se situe dans la continuité du calcul effectué dans la thèse de B.
Décamps [106]. Ces résultats sont présentés dans l’article [160].

4.4.1 Séquence d’impulsions à grands transferts de quantité de
mouvement

Nous considérons une séquence interférométrique composée d’impulsions de Bragg. Chaque
impulsion couple deux états de quantité de mouvement séparés par 2nh̄k, avec n l’ordre de
diffraction. Comme nous l’avons vu dans le chapitre 1, nous considérons un interféromètre sy-
métrique (π/2−π−π/2), comprenant des phases d’accélération et de décélération, représentées
sur la figure 4.10. La séquence est alors composée de trois impulsions π/2− π − π/2 résonantes
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Figure 4.9 – Schéma de l’asservissement de la fréquence du laser de Bragg.

avec les deux bras de l’interféromètre, représentées par les réseaux longs en rouge, et aussi d’une
succession d’impulsions π résonantes avec un seul des deux bras, représentées par les réseaux
courts en rouge.

Dans la première moitié de la séquence, il y a une phase d’accélération comprenant N im-
pulsions régulièrement espacées d’un temps tc, il est donc nécessaire de réaliser une phase de
décélération comprenant le même nombre N d’impulsions, avant d’appliquer l’impulsion centrale
π. La seconde moitié de l’interféromètre correspond à la même séquence d’impulsions.

Le signal en sortie de l’interféromètre correspond à la population dans chacune des deux
sortie. En notant P la population normalisée dans l’état |p〉 en sortie, on obtient :

P = 1 + cosΦ
2 (4.4.1)

avec Φ le déphasage entre les deux bras.

4.4.2 Fonction de sensibilité
L’intérêt de la fonction de sensibilité est de tenir compte de l’évolution de la phase laser

pendant les impulsions. La fonction de sensibilité correspond à la réponse indicielle à un saut de
phase δφ de l’onde laser à un temps t. Ce saut de phase entraine une variation du déphasage à la
sortie de l’interféromètre Φ, et ainsi une variation de la population δP . La fonction de sensibilité
est alors définie par :

gφ(t) = lim
δφ→0

δΦ(δφ, t)
δφ

= 2
sinΦ lim

δφ→0

δP (Φ, δφ, t)
δφ

(4.4.2)

Cette fonction permet d’exprimer la phase interférométrique Φ en fonction de la phase laser φ(t)
pendant l’interféromètre :

Φ =
∫ +∞

−∞
gφ(t′)dφ

dt
(t′)dt′ (4.4.3)

Nous pouvons prendre comme exemple le cas d’un interféromètre utilisant trois impulsions.
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|p〉

︷ ︸︸ ︷
N pulses

2nh̄k
2nh̄k

2nh̄k

2nh̄k 2nh̄k 2nh̄k

|p + 2nh̄k〉

|p〉

π

2 π

t
τ

tc

t = 0

2τ
T T

Figure 4.10 – Diagramme espace temps de la séquence d’impulsions à grands transferts de
quantité de mouvement. Les longs réseaux en rouge représentent les impulsions
π/2 − π − π/2 d’un interféromètre de Mach-Zehnder avec un temps d’inter-
rogation de 2T . La séparation spatiale est augmentée par une séquence de N
impulsions séparées par un temps tc résonante seulement avec un des deux bras
(petits réseaux rouges). Chaque impulsion de Bragg d’ordre n dure un temps τ
(respectivement 2τ) pour une impulsion π/2 (respectivement π). Le diagramme
du bas représente l’intensité des impulsions en fonction du temps.

La fonction gφ(t) tracée sur la figure 4.11 peut alors être calculée en considérant trois cas :
• Le saut de phase δφ a lieu avant la première impulsion, aucune phase n’est imprimée sur
l’onde atomique, donc la phase en sortie de l’interféromètre n’est pas sensible au saut de
phase, ainsi gφ(t) = 0.
• Le saut de phase se produit entre la première et la deuxième impulsion. La phase en
sortie de l’interféromètre s’écrit alors ϕ1 − 2(ϕ2 + δφ) + ϕ3 + δφ. La dérivée par rapport
à δφ vaut alors gφ(t) = −1.
• De la même façon, un saut de phase entre la deuxième et la troisième impulsion conduit
à gφ(t) = +1. Enfin, un saut de phase après la troisième impulsion n’a pas d’influence
sur la phase finale, donc gφ(t) = 0.

Lorsque le saut de phase se produit pendant une impulsion de durée τ , il faut alors décom-
poser la matrice de transfert en un produit de deux matrices. Une première qui décrit l’évolution
avant le saut de phase, et la deuxième qui prend en compte le saut de phase, voir figure 4.13.
Nous calculons la fonction de sensibilité pour ΩRτ = π/2 où ΩR est la pulsation de Rabi généra-
lisée pour des transitions de Bragg d’ordre n. La fonction de sensibilité est une fonction impaire
du temps, elle est donc entièrement définie pour t ≥ 0.

gφ(t) =


n× sin(ΩRt)

n

−n× sin(ΩR(T − t))

t ∈ [0; τ [

t ∈ [τ ;T + τ [

t ∈ [T + τ ;T + 2τ ]

(4.4.4)
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Figure 4.11 – Fonction de sensibilité gφ(t) en fonction de l’instant du saut de phase pour un
interféromètre à trois impulsions π/2− π − π/2.

Formalisme dans le cas de multiples impulsions

Pour calculer la fonction de sensibilité, nous utilisons le formalisme des matrices de transfert
pour exprimer l’état atomique après chaque impulsion laser. Ce formalisme a déjà été introduit au
chapitre 1. Toutes les impulsions sont d’ordre n, ainsi pour une séquence de N impulsions, nous
considérons l’ensemble des états {|j〉 = |p + 2njh̄k〉}j∈[0,N ], avec p la quantité de mouvement
initiale de l’atome. En prenant l’atome dans l’état initial |0〉, nous pouvons calculer l’évolution
de la fonction d’onde en considérant que seuls les états résonants successifs sont peuplés, les
autres états évoluant librement, le système peut être réduit à un système effectif à deux niveaux
correspondant aux états |j〉 et |j + 1〉. Par ailleurs, nous faisons l’hypothèse que les transitions
sont résonantes. Ainsi chaque étape peut être représentée par une matrice Mj diagonale par
bloc, avec chaque bloc correspondant à une matrice 2× 2 couplant les états |j〉 et |j + 1〉.

 cos
(ΩR(tf−t)

2

)
e−iωj(tf−t) −iei(ω12t+nφ)sin

(ΩR(tf−t)
2

)
e−iωj(tf−t)

−ie−i(ω12t+nφ)sin
(ΩR(tf−t)

2

)
e−iωj+1(tf−t) cos

(ΩR(tf−t)
2

)
e−iωj+1(tf−t)

 (4.4.5)

où ΩR est la fréquence de Rabi, h̄ωj est l’énergie de l’état |j〉, ω12 = ω1 − ω2 est la différence
de fréquence entre les deux faisceaux lasers contra-propageants, t est le temps au début de
l’impulsion, φ est la phase laser à cet instant, et tf est le temps à la fin de l’impulsion. Tous
les autres éléments non nuls de la matrice Mj sont sur la diagonale et égaux à e−iωq(tf−t) pour
q 6= j, j+1. La séquence interférométrique est représentée par le produit de 5+8N matrices, voir
figure 4.12. L’origine du temps correspond au centre de l’impulsion π du milieu de la séquence.
La matrice totale dans le cas N = 1 s’écrit :

MXIII
0 (T + τ,ΩR, τ, φ3).MXII

p (T + τ − tc, tc).MXI
1 (T − τ − tc,ΩR, 2τ, φ2).

MX
p (3τ + tc, T − 4τ − 2tc).M IX

1 (T + tc,ΩR, 2τ, φ2).MV III
p (τ, tc).MV II

0 (−τ,ΩR, 2τ, φ2).

MV I
p (−τ − tc, tc).MV

1 (−3τ − tc,ΩR, 2τ, φ1).M IV
p (−T + τ + tc, T − 4τ − 2tc).

M III
1 (−T − τ + tc,ΩR, 2τ, φ1).M II

p (−T − τ, tc).M I
0 (−T − 2τ,ΩR, τ, φ1)

(4.4.6)
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Figure 4.12 – Séquence complète des impulsions avec les matrices associées dans le cas N = 1.
Les impulsions en rouge représentent les impulsions communes aux deux bras,
alors que celles en vert correspondent aux accélération produites sur un seul des
deux bras.

Les matrices sont indicées en chiffre romain, ils représentent les étapes de la séquence. Les
matrice M0 correspondent aux impulsions (π/2−π−π/2) résonantes avec les deux bras de l’in-
terféromètre et les matrices M1 correspondent aux impulsions d’accélération et de décélération.
Les matrices Mp correspondent à la propagation libre pour laquelle ΩR = 0. Toujours dans le
cas N = 1, les matrices M0 et M1 s’écrivent :

M0(t,ΩR, tf − t, φ) =
cos

(ΩR(tf−t)
2

)
e−iω0(tf−t) −iei(ω12t+φ)sin

(ΩR(tf−t)
2

)
e−iω0(tf−t) 0

−ie−i(ω12t+φ)sin
(ΩR(tf−t)

2

)
e−iω1(tf−t) cos

(ΩR(tf−t)
2

)
e−iω1(tf−t) 0

0 0 e−iω2(tf−t)


et

M1(t,ΩR, tf − t, φ) =
e−iω2(tf−t) 0 0

0 cos
(ΩR(tf−t)

2

)
e−iω0(tf−t) −iei(ω12t+nφ)sin

(ΩR(tf−t)
2

)
e−iω0(tf−t)

0 −ie−i(ω12t+nφ)sin
(ΩR(tf−t)

2

)
e−iω1(tf−t) cos

(ΩR(tf−t)
2

)
e−iω1(tf−t)


L’état de l’atome en sortie correspond à une superposition entre l’état |0〉 et |1〉. A partir de

l’équation (4.4.6), on trouve que la phase en sortie de l’interféromètre pour n et N quelconques
est égale à :

Φ = n(N + 1)[φ1 − 2φ2 + φ3] (4.4.7)

Pour calculer la fonction de sensibilité, il faut insérer un saut de phase à un instant quelconque
de la séquence. Comme mentionné précédemment, il suffit de décomposer la matrice correspon-
dant à l’instant du saut de phase, en deux matrices avec des phases laser différentes, comme
représenté figure 4.13. Par exemple, pour un saut de phase se produisant pendant [tc+τ, tc+3τ [,
la matrice M IX

1 (tc + τ,ΩR, 2τ, φ2) est remplacée par le produit :

M IX′
1 (t,ΩR, 3τ + tc − t, φ2 + δφ).M IX

1 (τ + tc,ΩR, t− (τ + tc), φ2) (4.4.8)

Le saut de phase δφ doit aussi être ajouté dans les matrices correspondant à la suite de la
séquence. Ainsi, la fonction de sensibilité par morceau peut être calculée à partir de l’équation
(4.4.2).
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δφ 

𝑀𝑀1
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𝑀𝑀1
IX(… , 𝜙𝜙2) 

t 

𝜙𝜙2 

𝜙𝜙(𝑡𝑡) 

Figure 4.13 – Représentation du saut de phase δφ se produisant à un temps t lors de la IXème

étape. La matrice associée est divisée en deux matrices dépendant du temps t.

En calculant la fonction de sensibilité totale, on remarque que l’effet d’un saut de phase lors
des impulsions d’accélération et de décélération qui sont symétriques, est le même, il est donc
pratique de définir une fonction de sensibilité partielle gj(t) pour chaque paire d’impulsions
d’accélération et de décélération entre les états j × 2nh̄k et (j + 1) × 2nh̄k. La fonction de
sensibilité totale s’écrit alors comme la somme des fonctions de sensibilité partielles :

gLMT
φ (t) =

N∑
j=0

gj(t) (4.4.9)

Les fonctions de sensibilité partielles gj(t), représentées sur la figure 4.14, s’écrivent :

gj(t) =



0

n× sin
(Ωeff(t−tj1)

2

)2

n

n× sin
(Ωeff(tj4−t)

2

)2

0

t ∈ [0; tj1[

t ∈ [tj1; tj2[

t ∈ [tj2; tj3[

t ∈ [tj3; tj4[

t ∈ [tj4;T + 2τ ]

avec



tj1 = j(2τ + tc)− τ

tj2 = j(2τ + tc) + τ

tj3 = T − j(2τ + tc) + τ

tj4 = T − j(2τ + tc) + 3τ

(4.4.10)

Phase interférométrique

Dans le chapitre 1, nous avons vu l’expression du déphasage dans le cas d’impulsions in-
finiment courtes. La fonction de sensibilité permet de prendre en compte la durée finie des
impulsions dans le calcul du déphasage. En se plaçant dans le référentiel du laboratoire, les
atomes peuvent être soumis à une accélération constante ac, les atomes avec une quantité de
mouvement initiale p voient une phase φ(t) telle que :

dφ(t)
dt

= 2k.act+ 2k.p
m

(4.4.11)

Comme la fonction de sensibilité est impaire, l’intégrale de gφ(t)p s’annule, ce qui signifie
que la vitesse initiale des atomes n’entraine aucun déphasage. Dans le cas d’un interféromètre à
trois impulsions, le déphasage calculé avec la relation (4.4.3) s’écrit :

Φ = k.acT
2
[
1 +

(
1 + 2

π

) 2τ
T

+ 2
π

(2τ
T

)2
]

(4.4.12)
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Figure 4.14 – Représentation de la fonction de sensibilité partielle définie par l’équation
(4.4.10). L’instant de la jème impulsion (ligne continue en rouge) ainsi que
l’instant de la dernière impulsion sont indiqués sur l’axe temporel.

Il apparait un terme correctif en τ/T , qui traduit la propagation des atomes pendant l’impulsion.
Pour un interféromètre comprenant une séquence de N impulsions, le déphasage devient :

Φ = k.acT
2
[
1 +

(
1 + 2

π
−N(N − 1)

) 1
N + 1

2τ
T
−N tc

τ
+
( 2
π

+N

) 1
N + 1

(2τ
T

)2
]

(4.4.13)

Pour N 6= 0, la durée finie des impulsions se traduit par une modification du facteur d’échelle, qui
peut s’interpréter comme une modification de l’aire spatio-temporelle. A transfert d’impulsion
égal, l’aire est plus petite pour N 6= 0, que dans le cas à trois impulsions.

Sensibilité au bruit de phase

La fonction de sensibilité peut être utilisée pour évaluer l’effet du bruit de phase laser,
caractérisé par sa densité spectrale Sφ(ω), sur le signal d’interférence mesuré. Pour cela, nous
calculons la fonction de transfert de l’interféromètre H(ω). La variance du bruit de phase en
sortie de l’interféromètre est donnée par la densité spectrale de puissance Sφ(ω) pondérée par
la fonction de transfert :

σ2
φ =

∫ ∞
0
|H(ω)|2Sφ(ω)dω2π (4.4.14)

avec la fonction de transfert H(ω) définie par :

H(ω) := ω

∫ ∞
−∞

e−iωtgφ(t)dt (4.4.15)

Pour calculer H(ω), nous définissons, la fonction de transfert partielle pour chaque fonction de
sensibilité partielle gj(t) :

Hj(ω) = ω

∫ +∞

−∞
e−iωtgj(t)dt (4.4.16)

A partir des équations (4.4.10) et (4.4.16), on peut calculer la fonction de transfert partielle :

Hj(ω) = i
4nΩ2

R

ω2 − Ω2
R

sin
(
ω
T + 2τ

2

)
sin
(
ω
T − 2j(2τ + tc) + 2τ

2

)
cos(ωτ) (4.4.17)

La fonction de transfert totale H(ω) s’obtient en sommant toutes les fonctions de transfert
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Figure 4.15 – Fonction de transfert |H(ω)|2 pour N = 0 (tirés rouges), N = 5 (traits bleus),
et N = 17 (tirés verts) avec 2T = 500 ms, τ = 50 µs, et tc = 50 µs.

Hj(ω). Après calcul de ∑N
j=1Hj(ω), nous obtenons la forme analytique simple et générique

suivante :

H(ω) = i
4nΩ2

R

ω2 − Ω2
R

sin
(
ω
T + 2τ

2

)
× ω

ΩR
cos

(
ω
T + 2τ

2

)
+ sin

(
ω
T

2

)
+

sin
(
ωN(tc+2τ)

2

)
sin
(
ω tc+2τ

2

) cos(ωτ)sin
(
ω
T − (N + 1)tc − 2Nτ

2

)
(4.4.18)

La figure 4.15 représente |H(ω)|2 pour trois interféromètres avec des aires spatio-temporelles
similaires (2T = 500 ms, et 36 h̄k). Le premier interféromètre (en tirés rouge) est composé de
trois impulsions, c’est-à-dire avec N = 0, d’ordre n = 18, le deuxième correspond à une séquence
avec n = 1 et N = 17, enfin le dernier interféromètre est dans une configuration intermédiaire
avec N = 5, et n = 3. Dans les trois cas, τ et tc sont les mêmes avec τ = 50 µs, tc = 50 µs.

Nous pouvons remarquer plusieurs points concernant l’allure de la fonction de transfert
pour chacune des configurations. Tout d’abord, à basse fréquence, |H(ω)|2 ne dépend pas de la
séquence des impulsions. En effet, la durée finie de l’interféromètre 2T implique que le premier
facteur sinusoïdale s’annule pour des multiples de la fréquence 1/(T + 2τ), cela confirme que
l’interféromètre n’est pas sensible à des fluctuations de phase qui sont identiques à chaque
impulsion. A hautes fréquences (f >11 Hz), la courbe est moyennée sur le domaine de fréquence
1/T pour avoir une meilleure lisibilité de l’enveloppe de |H(ω)|2.

Par ailleurs, la durée finie des impulsions est à l’origine du filtre passe-bas en 1/f2 caracté-
ristiques des impulsions avec des profils temporels rectangulaires [161]. Dans le cas de l’interfé-
romètre à trois impulsions, la fréquence de coupure est à 1/2τ (10 kHz). Pour la séquence avec
N 6= 0, la durée effective plus longue, de la séparatrice, mène à une fréquence de coupure plus
basse 1/(2N(2τ + tc)).
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Figure 4.16 – Densité spectrale de bruit de phase obtenu par battement des deux faisceaux
formant le réseau optique. La courbe en verte provient d’une acquisition de T = 1
s avec une fréquence d’échantillonnage de fe = 2 kHz, en rouge T = 10 ms et
fe = 20 kHz, et en bleu T = 100 µs et fe = 20 MHz.

4.4.3 Bruit de phase du laser
Le calcul de la fonction de transfert de l’interféromètre nous permet de calculer l’impact du

bruit de phase laser sur la phase en sortie. Pour cela, nous avons mesuré le bruit de phase des
faisceaux laser de Bragg en sortie de la fibre.

En sortie de la fibre, les polarisations des deux faisceaux sont orthogonales, pour réaliser un
battement, elles sont projetées sur le même axe avec un cube polarisant, ainsi on crée un signal
d’interférence détecté par une photodiode, dont l’intensité s’écrit :

I =< [Acos(ω1t+ ϕ1) +Acos(ω2t+ ϕ2)]2 >
= A2 [1 + cos(∆ωt+ ∆ϕ)] (4.4.19)

avec ∆ω = ω1−ω2 et ∆ϕ = ϕ1−ϕ2. Pour détecter le déphasage ∆ϕ, il faut démoduler ce signal
avec un signal de référence à la même fréquence ∆ω, le signal résultant s’écrit :

S = A2 [1 + cos(∆ωt+ ∆ϕ)] cos(∆ωt)

= A2

2
[
cos(∆ϕ) + cos(2∆ωt+ ∆ϕ) + 2cos(∆ωt)

]
(4.4.20)

Le signal de référence est créé à partir du battement entre les deux signaux RF envoyés aux
MAO. Le signal démodulé S est ensuite filtré pour obtenir la composante continue contenant
l’information sur le déphasage ∆ϕ. L’acquisition du signal est réalisée pour un déphasage com-
pris entre 0 et π. Nous calculons ensuite la densité spectrale de bruit et l’impact de ce bruit sur
la phase en sortie de l’interféromètre.

La densité spectrale de puissance est définie comme la transformée de Fourier de la fonction
d’auto-corrélation, dans le cas d’un signal discrétisé {xn}n∈[0,N ], la fonction d’auto-corrélation
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s’écrit :
R(j) =

∑
n

xnxn−j (4.4.21)

Sa transformée de Fourier discrète est égale à :

F (k) =
N∑
n=0

xne
−i2πk n

N (4.4.22)

En pratique, le traitement se fait en utilisant la méthode de Welch [162] et non la transformée
de Fourier discrète. Cette méthode consiste à moyenner un grand nombre L de périodogrammes
de taille M = N/L, avec N le nombre d’échantillons. L’estimateur de la densité spectrale de
puissance s’écrit :

S(ω) = 1
L

L∑
i=1

Si(ω) avec Si(ω) = 1
UM

∣∣∣∣∣
M−1∑
n=0

xi(n)w(n)e−jnω
∣∣∣∣∣
2

(4.4.23)

avec w la fenêtre d’échantillonnage et U une constante de normalisation qui réduit le biais dû
à la fenêtre. Plus le nombre de segment L est grand, plus le biais diminue, aux dépens de la
résolution.

Résultats

La densité spectrale est tracée figure 4.16 sur une plage de fréquence de 10 Hz à 10 MHz.
Trois acquisitions ont été faites pour couvrir cette plage de fréquence. Chaque spectre a été
calculé jusqu’à fe/2, avec fe la fréquence d’échantillonnage. Le spectre en vert correspond à un
temps d’acquisition de 1 s avec fe = 2 kHz, en rouge le temps est de 10 ms avec fe = 20 kHz, et
en bleu le temps est de 100 µs avec fe = 20 MHz. On voit que l’incertitude statistique augmente
quand on se rapproche de la fréquence d’échantillonnage.

Notre mesure, par construction, est insensible aux bruits de phase entre les deux DDS. Il est
cependant raisonnable de supposer que le bruit de phase est dominé par les fluctuations dues
à la propagation dans la fibre, étant donné que les deux faisceaux se propagent suivant deux
polarisations orthogonales.

L’incertitude minimale sur la mesure de la phase en sortie de l’interféromètre est donnée
par la fonction de transfert de l’interféromètre (4.4.14). Le calcul est effectué pour une séquence
d’impulsions typique, avec N = 5 et n = 3. Les valeurs des autres paramètres sont les suivants
T = 50 ms, tc = 50 µs, et τ = 50 µs. L’incertitude est alors σϕ = 0.1 rad. Cette valeur ne limite
pas l’incertitude de 0.2 rad que nous envisageons d’atteindre pour une première mesure du test
de la neutralité, néanmoins il est prévu de mettre en place une boucle d’asservissement en phase
des deux faisceaux laser pour diminuer le bruit de phase dû à la propagation. Néanmoins, la
principale limite aux bruits de phase devrait provenir des vibrations du miroir de rétro-réflexion.
Les mesures des vibrations à l’aide d’un sismomètre permettra de réduire le bruit en corrélant
ces mesures au signal interférométrique.

4.5 Conclusion
Dans ce chapitre, j’ai montré le dimensionnement et la caractérisation du système laser uti-

lisé pour le réseau optique. J’ai présenté l’effet de la dispersion en vitesse d’un nuage d’atomes
sur l’efficacité de la diffraction de Bragg. La résolution numérique du système d’équations diffé-
rentielles régissant l’évolution des états couplés par le réseau optique a permis de dimensionner
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le laser utilisé pour créer le réseau. Dans le cas d’un ordre 5 de diffraction, l’efficacité n’augmente
pas de façon significative au delà de quelques centaines de milliwatts.

Nous avons développé un modèle analytique permettant de calculer l’effet d’un bruit de phase
au cours d’une impulsion sur la sensibilité de l’interféromètre pour une séquence d’impulsions
multi-photoniques. Une mesure du bruit de phase entre les deux bras de l’interféromètre a été
réalisée, et son impact sur la sensibilité de la phase interférométrique a pu être évalué grâce à
notre modèle. Les premiers résultats sont encourageant pour la mesure du test de la neutralité
que nous envisageons de réaliser.

Les prochaines étapes consistent à mettre en place un asservissement en phase du réseau
optique et à contrôler les vibrations, ce qui permettra notamment de diminuer le bruit de phase.

La réalisation de séparatrices à grands transferts de quantité de mouvement, à l’aide des
transitions de Bragg séquentielles, permettra notamment de valider expérimentalement notre
modèle analytique, et d’étudier l’efficacité et la phase de diffraction.

Une comparaison des transitions de Bragg séquentielles et de la méthode des oscillations
de Bloch, plus largement utilisée dans la communauté de l’interférométrie atomique, fera aussi
l’objet d’une étude.
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Dans la perspective de rendre les expériences d’atomes froids transportables ou de les em-
barquer dans des missions spatiales, il est nécessaire de rendre les dispositifs plus compacts.
C’est dans ce contexte, que nous travaillons en collaboration avec le CNES et le LAAS pour
développer des puces à atomes.

Ce chapitre présente donc les études menées sur une puce à atomes hybride de taille millimé-
trique. L’utilisation des puces à atomes ouvre de nouvelles perspectives concernant la miniaturi-
sation des expériences d’atomes froids et offre de plus une faible consommation électrique, de tels
avantages sont particulièrement intéressants pour des applications dans des missions spatiales
embarquées. L’ensemble des résultats présentés dans ce chapitre se trouve dans [107, 125].

5.1 Présentation de la puce
La construction du dispositif expérimental a commencé en 2014. Lorsque je suis arrivé en

première année de thèse en 2016, un piège magnéto-optique avait été obtenu, et les premiers
chargements d’atomes dans le piège magnétique avaient commencé.

L’expérience a été conçue pour atteindre la condensation de Bose-Einstein avec une puce
atomique hybride permettant le piégeage d’atomes avec des champs magnétiques et avec un
piège optique.

L’utilisation d’un piège optique en plus du piège magnétique présente divers avantages :
• Il peut servir comme étape final pour atteindre la condensation, en augmentant les fré-

quences de piégeage.
• Le rubidium 85 possède une longueur de diffusion négative, ainsi les interactions entre
atomes dans le condensat sont attractives et cela peut conduire à la formation de molé-
cules de Rb2. Or la longueur de diffusion peut être modifiée par l’application de champ
magnétique, et diverge pour une certaine valeur de champ magnétique ce phénomène est
appelé résonance de Feshbach. Afin de manipuler ces résonances, il faut que le champ
magnétique constitue un degré de liberté, ce qui est rendu possible avec l’utilisation d’un
piège optique.

111
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Figure 5.1 – A gauche, une configuration standard du PMO est représentée avec la polarisation
adéquate pour chaque faisceau. A droite, se trouve la configuration PMO miroir
que nous utilisons.

• Une fois les atomes piégés à la surface de la puce, il faut déplacer le nuage au centre du
réseau optique pour appliquer une séquence interférométrique, un piège optique aligné
avec le réseau est alors nécessaire pour maintenir les atomes avant d’être lancés à la
verticale.

5.1.1 Piège magnéto-optique miroir
La configuration adaptée à l’utilisation d’une puce est le piège magnéto-optique miroir tel

que présenté dans [163]. Cette configuration permet de créer un PMO proche d’une surface.
Elle consiste à réfléchir des faisceaux à 45° à la surface d’un miroir en utilisant la propriété de
changement de la polarisation circulaire pour obtenir les polarisations nécessaires à la réalisation
d’un PMO, voir figure 5.2. Des représentations schématiques de la configuration du PMO miroir
et de la configuration standard sont données figure 5.1.

Notre PMO miroir est constitué d’un miroir plan situé à la verticale de 70 mm de diamètre
et de 300 µm d’épaisseur. Deux faisceaux placés à l’horizontale sont réfléchis à 45° du miroir
et superposés entre eux, ils se situent suivant les axes propres du quadrupôle magnétique, le
troisième faisceau est donc placé à la verticale et rétro réfléchit. L’axe horizontal parallèle à la
puce correspond au jet d’atomes provenant du PMO 2D et permet de charger le PMO 3D.

Le quadrupôle magnétique est créé par deux bobines en configuration anti-Helmholtz, placées
selon la direction d’un des deux faisceaux horizontaux. L’avantage de la réflection à 45° est
d’éviter l’effet d’ombre. D’autres expériences utilisent des fils en U avec un champ de biais pour
créer un piège magnéto-optique [164, 165], dans ce cas il est plus difficile d’aligner les faisceaux
avec les axes du quadrupôle.
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Figure 5.2 – Principe du PMO miroir. Le miroir est représenté par la ligne noire, les faisceaux
du PMO sont les flèches rouges avec la polarisation associée. Les flèches vertes
représentent le champ magnétique du quadrupôle, le nuage d’atomes en rouge est
situé au centre du quadrupôle magnétique.

5.1.2 Piège magnétique

Principe de piégeage

L’énergie d’interaction entre un atome de moment magnétique µ et un champ magnétique
B(r) s’écrit :

U(r) = −µ.B(r) = gFmFµB||B(r)|| (5.1.1)

où gF est le facteur de Landé, mF le nombre quantique correspondant à un des sous niveaux
magnétiques de l’état |F 〉, et µB le magnéton de Bohr. Les atomes sont piégés lorsqu’ils se
retrouvent dans un minimum d’énergie d’interaction U(r). Or, on peut démontrer qu’il n’est pas
possible de créer de maximum local de champ magnétique statique[166]. Ainsi, seuls les atomes
dans un sous niveaux mF tel que gFmF > 0 peuvent se retrouver dans un minimum d’énergie
potentielle et ainsi être piégés, les états avec gFmF < 0 sont anti-piégeants.

Dans le cas du 87Rb, les sous niveaux magnétiques qui peuvent être piégés sont les niveaux
|F = 1,mf = −1〉, |F = 2,mf = 1〉, et |F = 2,mf = 2〉 de l’état fondamental 5S1/2 représentés
figure 5.3. Cependant l’axe de quantification change quand l’atome se déplace dans le piège.
Or le moment magnétique précesse autour de l’orientation locale du champ magnétique à la
pulsation cyclotron ωc. Les changements de direction du champ doivent alors être suffisamment
lente pour que les atomes ne perdent pas leur orientation, donc pour que le piège soit stable,
cette condition s’écrit :

dθ(t)
dt
� gFmFµB||B(r)||

h̄
= ωC (5.1.2)

avec θ̇(t) est la vitesse de variation de l’angle entre la direction locale du champ magnétique
et le moment magnétique de l’atome. La limite supérieure de cette vitesse de variation est la
fréquence du piège. Dans les zones de faible champ, cette condition n’est plus respectée, et les
atomes peuvent faire des transitions dans des états anti piégeants, on parle alors de pertes de
Majorana [167].
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Figure 5.3 – Décalage en énergie des sous niveaux magnétiques des niveaux hyperfins |F = 1〉
et |F = 2〉. Les sous niveaux magnétiques piégeants sont représentés en traits
pleins rouges, les sous niveaux en tirés bleus sont non-piégeants ou anti-piégeants.

Géométrie du piège

Il existe une grande variété de pièges magnétiques, leur réalisation consiste à créer une
combinaison de différents champs magnétiques pour obtenir un minimum local de champ. Notre
piège est similaire à un piège Ioffé-Pritchard. Dans ce type de piège un quadrupôle à deux
dimensions est combiné avec un champ transverse pour créer un confinement dans la troisième
direction. Dans notre cas le quadrupôle 2D est généré par la combinaison du champ créé par le
passage d’un courant dans un fil et d’un champ uniforme orthogonal au fil. Pour comprendre la
forme du piège, commençons par rappeler l’expression du champ créé par un courant I passant
dans un fil infiniment long :

B(r) = µ0I

2πreθ (5.1.3)

Le champ créé est orthoradial, et décroit en 1/r avec r la distance au fil. Si on ajoute un champ
de biais Bb, nous obtenons un zéro de champ magnétique dans le plan transverse au fil. Le champ
magnétique résultant s’annule à une distance r0 du fil, le gradient b(r0) au voisinage de ce point
et r0 sont donnés par les relations suivantes :

r0 = µ0I

2πBb
, b(r0) = 2π

µ0

B2
b

I
(5.1.4)

Les lignes du champ total sont représentées figure 5.4. Le potentiel magnétique vu par les
atomes n’est pas confinant dans la direction du fil et sa valeur est nulle au centre du piège, il se
forme un piège quadrupolaire à deux dimensions. Une façon de remédier à ces deux problèmes
est d’ajouter deux fils perpendiculaires au premier fil. Si le courant circule dans le même sens
dans ces deux fils, alors un champ non nul suivant la direction du fil est créé réalisant ainsi
l’équivalent d’un piège de Ioffé-Pritchard. Pour réaliser cette configuration, nous utilisons une
forme en “Z” du fil qui permet de créer un confinement dans les trois directions de l’espace.
L’absence de zéro de champ au minimum du piège permet ainsi d’éviter les pertes de Majorana
par retournement du spin.

Après l’étape de refroidissement laser, les atomes sont capturés dans le piège magnétique de
type Ioffé Prichard, créé par le fil en forme de “Z”. Ce piège a une taille millimétrique qui est
intermédiaire entre les pièges créés par des bobines et ceux créés par des micro-puces. L’avantage
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Figure 5.4 – Lignes de champ d’un quadrupôle magnétique à deux dimensions résultant de la
somme du champ magnétique créé par un fil et d’un champ uniforme orthogonal
au fil. La combinaison des deux champs créé un point de l’espace où le champ
s’annule à une distance r0 du fil.
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Figure 5.5 – Puce à atomes de taille millimétrique. a) Photo du support en cuivre. b) Connec-
teurs électriques. c) Schéma de la puce avec le miroir dichroïque. Un faisceau
laser à 1560 nm avec un waist de 50 µm peut passer à travers le trou de 5 mm de
diamètre dans le bloc de cuivre. d) Photo de la puce à atomes avec le fil en “Z”
(rouge), les fils en “I” (vert), et les fils pour l’émission du champ RF (orange).
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Figure 5.6 – Configuration du PMO miroir. La puce est au centre des bobines avec le fil en
Z, et le fil en I. Les bobines pour les résonances de Feshbach sont en bleu. Les
bobines du PMO sont en vert. Les bobines créant le champ Bext sont en rouge,
et les bobines générant le champ Bb en orange.

est d’offrir un volume de piégeage grand devant les pièges micrométriques et des gradients plus
importants que les pièges macroscopiques. Ces pièges ont déjà permis d’atteindre le régime de
dégénérescence quantique [168, 169, 170]. La particularité de notre puce, illustrée sur la figure
5.5, réside dans la simplicité de sa mise en œuvre, sa fabrication ne nécessite pas de salle blanche
ou de micro usinage. Elle est constituée d’un bloc de cuivre sur lequel des sillons sont usinés à
la surface pour pouvoir encastrer des fils en cuivre de 1 mm de diamètre, isolés électriquement
par une couche de Kapton®.

Compression du piège

Une évaporation efficace dans le piège nécessite d’avoir un taux de collisions élastiques élevé,
donc d’augmenter le confinement du piège. Cela peut être réalisé en augmentant le courant dans
le fil en “Z” proportionnellement au champ de biais Bb, d’après les expressions (5.1.4), cela
permet de ne pas changer la position du piège tout en augmentant le gradient au voisinage du
minimum de champ. Néanmoins, le courant dans le fil est limité par la puissance dissipée par
effet Joule sous ultra-vide. Le courant est fixé à 40 A ce qui correspond à une augmentation
de 30°C de la température du fil. En effet la résistance du fil augmente avec la température au
premier ordre selon R = R0(1 + αδT ).

Le confinement selon l’axe y est assuré par les deux fils parallèles du fil en “Z”. En effet, le
champ magnétique et le gradient à une distance x0 projeté sur l’axe y, produit par un courant
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Figure 5.7 – Tracé des lignes de champ selon les direction y (a) et x (b). Le champ de biais
Bb est selon la gravité (direction z). Les lignes en pointillés verts correspondent
à un champ de biais de 28 G. Les lignes en tirets rouge correspondent à une
compression du piège avec Bb =50 G, I=30 A, et Bext= 14.5 G suivant y. La
courbe en pointillés bleus représente le profil sans Bext. La zone grisée correspond
à l’emplacement du miroir dichroïque

I traversant deux fils parallèles infiniment fins séparés par une distance L sont donnés par :

By = µ0
I

(
x0

(L/2 + y2) + x2
0

+ x0
(L/2− y2) + x2

0

)
(5.1.5)

La fréquence selon la direction longitudinale y est donnée par la dérivée seconde du champ :

d2By
dy2 = µ0I

2π
64x0(3L2 − ax2

0)
(L2 + az2

0)3 (5.1.6)

La fréquence longitudinale peut donc être augmentée avec le courant I circulant dans le fil en
“Z”.

Pour davantage comprimer selon la direction longitudinale, on peut augmenter l’intensité
du courant circulant dans les deux fils en “I” situé de part et d’autre du fil en “Z”. L’effet est
d’augmenter les fréquences longitudinales, mais aussi la norme du champ au fond du piège et
par conséquent la profondeur du piège est diminuée.

Une autre façon d’augmenter les fréquences du piège est d’ajouter un champ magnétique
homogène Bext selon l’axe y opposé au sens du champ au fond du piège. Celui-ci est créé par
deux bobines représentées en rouge figure 5.6 en configuration Helmholtz. La courbe en tiret
rouge sur la figure 5.7 correspond à la présence du champ Bext , elle est à comparer à la courbe
en pointillée bleu où le champ Bext est absent, les fréquences transverses et la profondeur du
piège sont augmentées.

Evaporation dans le piège magnétique

Nous utilisons le refroidissement par évaporation dont le principe est le même que celui
présenté pour le piège optique. L’avantage du piège magnétique est que la profondeur du piège
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Figure 5.8 – Principe de l’évaporation forcée dans un piège magnétique illustré sur le sous
niveau |F = 2,mf = 2〉 dans lequel les atomes sont piégés. L’onde RF de pulsation
ωRF transfère les atomes dans les états non-piégeant |F = 2,mf = 0〉 et anti-
piégeants |F = 2,mf = −1〉, |F = 2,mf = −2〉.

est découplée des fréquences, il est alors possible d’atteindre le régime d’emballement, mentionné
au chapitre 3.

En pratique, dans le cas du 87Rb la diminution de la profondeur d’un piège magnétique se
fait avec une onde radio fréquence (RF), qui transfère les atomes des états piégeants |mf = 1〉,
|mf = 2〉 vers les états anti-piégeants |mf = −2〉, |mf = −1〉, et l’état non-piégeant |mf = 0〉.
En diminuant la fréquence de l’onde RF, la profondeur du piège diminue. Le principe de l’éva-
poration forcée dans un piège magnétique est illustré figure 5.8.

5.2 Résultats expérimentaux
Je présente dans cette partie la séquence mise en place pour charger les atomes dans le piège

magnétique à partir du PMO 3D, ainsi que les résultats obtenus avec l’évaporation RF.
La séquence commence par le chargement des atomes dans le PMO 3D à partir du PMO 2D

en 2 s, environ 6×1010 atomes sont chargés dans le PMO 3D. Celui-ci est créé avec des faisceaux
laser dont le waist est de 7 mm, et un quadrupôle magnétique avec des gradients au centre de 3.5
G.cm-1 suivant la direction transverse et 7 G.cm-1 suivant la direction longitudinale. Le nuage
a une température de 150 µK qui correspond à la température Doppler limite obtenu dans un
PMO pour du rubidium 87. Le principe de l’optimisation du chargement des atomes dans le piège
magnétique est le même que pour un piège optique. Il nécessite de superposer le centre du PMO
avec le centre du piège magnétique. L’intérêt est de minimiser l’énergie cinétique qu’acquièrent
les atomes en étant chargés dans le piège magnétique et ainsi d’éviter qu’ils s’échappent. Pour
charger un maximum d’atomes dans le piège magnétique, il faut adapter le volume du PMO
3D à celui du piège magnétique, cela se traduit par une augmentation de la densité spatiale
d’atomes.
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Figure 5.9 – Cette figure représente le principe du pompage optique. A droite, la structure
hyperfine du 87Rb est représentée avec les transitions adressées par le laser de
pompe avec les flèches rouges. La flèche noire représente la transition par émis-
sion spontanée vers l’état noir. A gauche, le schéma représente la configuration
expérimentale. Le faisceau est réfléchi sur le miroir de la puce, il est représenté
par les flèches rouges.

PMO comprimé

L’augmentation de la densité d’atomes est réalisée après avoir éteint le PMO 2D. Cette
étape compression est réalisée pendant 30 ms, au cours desquelles trois paramètres sont modifiés
linéairement dans le temps.

Comme nous l’avons vu dans le chapitre 2, cette étape de compression sert à diminuer le
volume du piège et à augmenter la densité spatiale d’atomes. Pour cela, les gradients de champ
magnétique sont augmentés de 3.5 G.cm-1 à 5 G.cm-1 dans la direction transverse et de 7 G.cm-1

à 9.5 G.cm-1 dans la direction longitudinale. Le désaccord du laser dans le rouge est augmenté
de -2.5 Γ à -11 Γ, la densité est ainsi augmentée. Le déplacement du PMO 3D en direction du
piège magnétique est réalisé en diminuant la valeur du champ Bext.

Mélasse

Pour augmenter le nombre d’atomes chargés dans le piège magnétique, le nuage doit encore
être refroidi. Pour cela, nous réalisons un refroidissement sub-Doppler avec une étape de mélasse
optique au cours de laquelle les champs magnétiques sont éteints. Les faisceaux étant polarisés
circulairement, il se produit un refroidissement par gradient de polarisation [114].

La puissance du repompeur est maximale et celle du refroidisseur est diminuée linéairement
jusqu’à l’extinction, le désaccord du laser est augmenté jusqu’à -15 Γ. Après 7 ms de temps de
mélasse, on atteint une température de 10 µK, néanmoins, la durée qui maximise le nombre
d’atomes chargés est de 1.5 ms. Cela s’explique par le fait que les atomes ne sont pas piégés et
tombent pendant la mélasse. Le centre du nuage s’éloigne alors du centre du piège magnétique
au delà d’un certain temps de mélasse. La température du nuage diminue pendant la mélasse,
le nuage s’étend spatialement, ainsi sa densité spatiale diminue. Néanmoins, cette étape permet
de gagner en densité dans l’espace des phases en passant de 3.1× 10−6 à 8× 10−6.
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Piège magnétique

Après la mélasse, les atomes sont distribués dans tous les sous niveaux Zeeman de F = 2 pour
le 87Rb. Chaque niveau hyperfin F comporte 2F + 1 sous niveaux magnétiques, et seulement un
nombre F d’entre eux sont piégeants. Or nous voulons piéger les atomes dans l’état mF = +2
car c’est dans cet état que les atomes voient le potentiel du piège le plus grand. Nous ajoutons
alors une étape de pompage optique pour transférer le maximum d’atomes dans l’état mF = +2.

Durant cette étape de pompage, un champ magnétique homogène est allumé selon la direction
x, ce champ de ∼ 1 G lève la dégénérescence de 0.7 MHz, ce qui est inférieure à la largeur de
la transition. Le laser nécessaire au pompage des atomes est rétro-réfléchi sur le miroir de la
puce, comme illustré sur la figure 5.9. La polarisation incidente est circulaire droite, de telle
sorte d’avoir une polarisation σ+ vu par les atomes. La polarisation après la rétro-réflection est
toujours σ+ car le sens du champ magnétique n’a pas changé, l’intérêt de la rétro-réflexion est
de diminuer la force de pression de radiation. La fréquence du faisceau pompe est à résonance
avec la transition F = 2 ↔ F ′ = 2 du 87Rb. La polarisation σ+ permet ainsi d’induire un
transfert dans le sous niveau |F ′ = 2,mF = 2〉, par émission spontanée, les atomes s’accumulent
dans l’état |F = 2,mF = 2〉 où ils n’interagissent pas avec le laser, voir figure 5.9. Le champ
est ensuite éteint en 3 ms pendant l’allumage du piège magnétique, le moment magnétique des
atomes suit alors les lignes de champ de façon adiabatique.

Nous arrivons à charger environ 6× 109 atomes dans le piège magnétique ayant une tempé-
rature de 220 µK à la fin du chargement. L’augmentation de la température lors du chargement
s’explique par le fait que l’énergie des atomes est augmentée de l’énergie potentielle du piège.
Le modèle thermodynamique développé dans [107], que j’ai utilisé dans le chapitre 2, permet de
rendre compte du nombre d’atomes chargés et de la température après chargement. Le tableau
5.1 récapitule le nombre d’atomes et la température du nuage à chaque étape.

L’étape suivante consiste à refroidir les atomes par évaporation forcée. Comme nous l’avons
vu dans le chapitre 3, l’évaporation est efficace si le taux de collisions est suffisamment élevé au
début de l’évaporation. Typiquement, nous voulons atteindre un régime où le taux de collisions
est de 100 Hz. Le piège est alors comprimé en augmentant le champ de biais Bb à 39 G tout en
maintenant constant le courant dans le fil en “Z” à 40 A, le courant dans les fils en “I” passe
de 0 A à 20 A et le champ Bext est augmenté jusqu’à 2.2 G. Afin de caractériser le piège, nous
utilisons une technique de spectroscopie par modulation nous permettant de mesurer ses fré-
quences. Cette technique consiste à moduler le courant dans le fil en “Z” avec une profondeur de
modulation de ∼ 1%, à différentes fréquences. La modulation du courant entraine la modulation
du confinement et de la position du piège aux mêmes fréquences. Cette technique est la même
que celle utilisée pour mesurer les fréquences dans le piège optique.

En mesurant le nombre d’atomes en fonction de la fréquence de modulation, nous obtenons
le spectre donné figure 5.10. Nous pouvons distinguer deux anti-résonance en nombre d’atomes
pour des fréquences autour de 110 Hz et 220 Hz. Ces fréquences correspondent à la fréquence
transverse du piège et à sa seconde harmonique. L’énergie transférée aux atomes pendant la
modulation n’est pas assez grande pour détecter un effet à la fréquence longitudinale du piège,
attendue vers 30 Hz.

Evaporation

Lors de l’évaporation, la perte d’atomes sélective en vitesse permet d’augmenter la densité
dans l’espace des phases, cet effet est en compétition avec les pertes dûes aux collisions inélas-
tiques. Le temps de vie mesuré de notre piège magnétique est de 2.5 s, or le taux de collisions
élastiques de 100 Hz en début d’évaporation n’est pas suffisant pour mener à bien une évapo-
ration efficace. Une solution est d’augmenter le taux de collisions élastiques en augmentant le
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Figure 5.10 – Spectrocopie par modulation. La courbe représente le nombre d’atomes dans le
piège magnétique, après 1 s de modulation du courant dans le fil en “Z”, en
fonction de la fréquence de modulation.
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Figure 5.11 – Evaporation par la surface : (a) Température du 85Rb (triangles bleus) et du
87Rb (cercles rouges) en fonction de la distance z0 − zsurf entre le centre du
piège et la surface du miroir, pendant une phase de compression de 2 s. (b)
Nombre d’atomes correspondant normalisé par le nombre d’atomes au début de
la compression.
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PMO PMOC Mélasse Piège magnétique

N (×109)
38 ± 1.2 29 ± 0.3 32 ± 0.3 5.8 ± 0.01

2.3 ± 0.1 0.5 ± 0.4 1.2 ± 0.04 0.5 ± 0.06

T (µK)
150 110 42 220

140 70 35 170

Tableau 5.1 – Ce tableau regroupe les valeurs typiques du nombre d’atomes et de la température
au cours des différentes étapes de la séquence. Dans chaque cas, la ligne du haut
correspond au 87Rb et la ligne du dessous au 85Rb. Les incertitudes sont obtenues
sur une moyenne de 10 réalisations.

courant dans le fil en “Z”, or cela entraine une augmentation de la température du fil qui peut
endommager le miroir de la puce, ou créer un dégazage. D’autre part, l’augmentation du confi-
nement du piège avec le courant dans le fil en “Z” s’accompagne d’un rapprochement du centre
du piège de la puce, ce qui entraine des pertes d’atomes par interactions avec la surface.

Nous avons donc essayé de chercher les causes probables expliquant le temps de vie mesuré.
Je ne présente ici que deux effets, une liste plus exhaustive peut être trouvé dans [107].

L’interaction entre les atomes et la surface de la puce modifie le profil d’énergie potentielle
du piège. Cet effet est étudié de manière théorique dans [171]. La proximité des atomes avec
la surface implique des forces de Casimir Polder ou de van der Waals qui peuvent abaisser
la profondeur du piège. Il s’opère alors une évaporation car les atomes les plus proches de
la surface sont aussi ceux les plus énergétiques. La température du nuage diminue à mesure
qu’il se rapproche de la surface comme le montre la courbe figure 5.11. La perte d’atomes par
ce processus d’évaporation continue jusqu’à ce qu’ils n’aient plus suffisamment d’énergie pour
sortir du piège. Pour vérifier l’effet de la surface sur le temps de vie, nous avons effectué des
mesures de ce temps pour différentes distance du nuage le séparant de la surface sans observer
de différences notables. Cette évaporation par la surface ne peut donc pas expliquer le temps de
vie de 2.5 s.

La cause la plus probable expliquant le temps de vie mesuré est la perte d’atomes due aux
collisions avec les particules du gaz résiduel. La seule indication de pression vient du courant
mesuré dans la pompe ionique SAES D200, de 5 × 10−10 mbar, qui reste une mesure approxi-
mative. En utilisant la relation (3.3.4), on peut de la même façon que dans la section 3.3.7,
relier le temps de vie à la pression du gaz résiduel dans l’enceinte à vide. Ainsi un temps de
vie de 2 s correspond à une pression de 3 × 10−9 mbar. Ceci nous indique que la pression est
vraisemblablement sous estimée. La recherche de fuite n’ayant pas été concluante, nous avons
fini par supposer que le gaz résiduel pouvait provenir d’un dégazage de la colle ou de poches de
gaz créant des fuites virtuelles lorsque l’on augmente le courant dans le fil en “Z”.

5.3 Conclusion
Dans ce chapitre, j’ai présenté l’étude d’un prototype de piège magnétique à l’échelle mil-

limétrique. Nous avons vu le principe du piègeage d’atomes à la surface d’une puce. Celui-ci
nécessite de mettre en place un piège magnéto-optique miroir.

Nous avons aussi caractérisé le piège avec la modulation du courant dans le fil en “Z”, et mis
en place un refroidissement par évaporation avec un champ radio-fréquence.
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La caractérisation des pertes d’atomes dans le piège magnétique a révélé un temps de vie
de 2 s. Or, cela s’est avéré être un obstacle pour réaliser une évaporation efficace. En effet, la
perte d’atomes est en compétition avec l’augmentation de la densité d’atomes dans le piège. Par
ailleurs, l’épaisseur de 300 µm du miroir du PMO limite la compression du piège, les fréquences ne
peuvent être augmentées sans abaisser significativement la profondeur du piège, ce qui empêche
d’atteindre la condensation de Bose-Einstein.

Néanmoins, cette puce entièrement fabriquée au laboratoire a permis de capturer 5.8× 109

atomes dans le piège magnétique, ce qui est comparable avec le nombre d’atomes capturés par
des piège magnétiques macroscopique. L’ajout d’une puce micrométrique pour augmenter le
confinement, devrait permettre d’atteindre le régime de dégénérescence quantique. Cette com-
binaison des deux puces fait l’objet d’une étude qui contribue au développement de sources
d’atomes ultra-froids pour des missions spatiales.
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Conclusion

Dans ce manuscript, j’ai présenté les travaux réalisés sur l’interféromètre atomique du LCAR
pendant ma thèse. La construction de cet interféromètre a été en partie motivée par la réalisa-
tion du test de la neutralité de la matière en utilisant une nouvelle approche basée sur l’effet
Aharonov-Bohm scalaire. Cet interféromètre a une configuration en fontaine atomique et utili-
sera des condensats de 87Rb et 85Rb comme source d’atomes.

Nous avons vu dans le premier chapitre que l’interférométrie atomique a permis de réaliser
des mesures de constantes fondamentales au niveau de l’état de l’art, et a trouvé des applications
dans le domaine des capteurs inertiels. L’utilisation de sources d’atomes ultra-froids pour l’inter-
férométrie atomique présente certains avantages tels que la diminution des effets systématiques
liés à l’expansion du nuage d’atomes.

Dans le deuxième chapitre, nous avons vu le dispositif expérimental et les processus de
refroidissement des atomes par laser qui nous ont permis d’obtenir une mélasse de 2 × 109

atomes à une température de 20 µK. Les atomes sont ensuite chargés dans un piège dipolaire
optique. Ce piège est composé d’un premier piège croisé à 1070 nm, qui fait office de réservoir
à atomes et permet de capturer environ 2× 107 atomes. L’obtention d’un condensat de 87Rb a
nécessité de mettre en place un second piège plus confinant pour augmenter le taux de collisions
élastiques, afin de réaliser une évaporation efficace.

Le troisième chapitre décrit la mise en place et la séquence d’évaporation menant à l’obtention
d’un condensat. Après avoir rappelé certains éléments théoriques sur la condensation, j’ai établi
des lois d’échelle entre les différentes grandeurs pertinentes lors de l’évaporation, ce qui a permis
de montrer que le taux de collisions élastiques diminue au cours de l’évaporation dans un piège
optique. Cela est caractéristique d’un piège optique, pour lequel les fréquences diminuent avec la
puissance laser. L’ajout d’un piège plus confinant, le dimple, permet de commencer l’évaporation
dans des conditions plus favorables, grâce à l’augmentation du taux de collisions élastiques. De
plus, notre configuration permet de décorreler en partie les fréquences et la profondeur du piège.
La séquence d’évaporation permet d’obtenir un condensat pur de 2 × 104 atomes avec une
température effective horizontale de 55 nK et verticale de 77 nK, dans l’état F = 1,mF = −1.
Néanmoins, dans la perspective de réaliser de la diffraction de Bragg d’ordre élevé, il a fallu
ajouter une étape supplémentaire pour diminuer la dispersion en vitesse. Cette étape a consisté
à transférer le nuage d’atomes dans le piège réservoir sans la présence du dimple, l’optimisation
de cette étape a permis d’abaisser la température effective à 1.4 nK en horizontale et à 20 nK
en verticale.

Dans le quatrième chapitre, j’ai présenté des simulations numériques de la diffraction de
Bragg pour dimensionner le système laser, ce qui a permis de montrer qu’une puissance de
quelques centaines de milliwatts est suffisante pour un ordre 5 de diffraction. Par ailleurs, nous
avons commencé à installer les faisceaux du réseau optique sur l’expérience. Une boucle d’asser-
vissement en fréquence du laser a été mise en place. Enfin, j’ai présenté le modèle que nous avons
développé, celui-ci utilise le formalisme de la fonction de sensibilité permettant de déterminer
l’effet d’un bruit de phase au cours d’une impulsion laser sur la phase en sortie de l’interféro-
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mètre. Notre modèle étend le formalisme de la fonction de sensibilité aux cas des interféromètres
utilisant des séquences d’accélération avec plusieurs impulsions laser. Une mesure du bruit de
phase lié à la propagation des faisceaux laser a permis d’en déduire une sensibilité en phase en
sortie de l’interféromètre de 0.1 rad dans le cas d’une séquence contenant 5 impulsions d’ordre
3. Ce bruit ne limite donc pas la sensibilité que nous souhaitons atteindre pour une première
mesure de la neutralité électrique de l’atome.

Ce projet s’inscrit aussi dans le cadre du développement de technologies pour des missions
embarquées. Une partie du travail réalisé a donc consisté à étudier une puce à atomes de taille
millimétrique fabriquée au LCAR, et présentée dans le chapitre 5. Cette puce a montré des per-
formances équivalentes à des pièges magnétiques obtenus avec des bobines, avec un chargement
de 6×109 atomes dans le piège magnétique. L’étape de refroidissement par évaporation a montré
les limites du piège en terme de confinement, ce qui devrait être amélioré par l’ajout d’une puce
micrométrique.

Perspectives
L’interféromètre en construction au LCAR

utilisera des condensats de Bose-Einstein et
des séparatrices à grands transferts de quan-
tité de mouvement. Ce type d’interféromètres
est très étudié dans la communauté de l’in-
terférométrie atomique car il pourrait per-
mettre d’améliorer les performances des inter-
féromètres actuels. Le dispositif en construc-
tion ainsi que des modélisations contribueront
à l’étude métrologique de ces nouveaux inter-
féromètres, et seront utilisés pour caractériser
les limites de la méthode des oscillations de
Bloch ainsi que celle des transitions de Bragg
séquentielles. En effet, les oscillations de Bloch
ont démontré des transferts de quantité de
mouvement remarquables (> 400 h̄k). Cepen-
dant, la question des déphasages induits lors
des processus d’accélération est délicate à modéliser. La diffraction de Bragg a aussi montré
de grandes performances avec des transferts de plus de 100 h̄k, de plus, le déphasage lors des
impulsions est mieux contrôlé, néanmoins des expériences accompagnées de simulations restent
à entreprendre.

L’utilisation de condensats peut conduire à des déphasages liés aux effets de densité. Bien que
ces effets ne soient pas limitant pour les mesures que nous souhaitons réaliser, ils devront être
pris en compte dans les budgets d’erreurs. Nous disposons des lasers nécessaires pour réaliser
un condensat de rubidium 85. Cet isotope possède une résonance de Feshbach qui pourrait
permettre d’étudier les déphasages liés aux collisions.

Finalement, notre expérience de laboratoire est similaire aux interféromètres de grandes di-
mensions (∼ 10 m), et permet de réaliser une étude métrologique de ces instruments dans un
environnement de laboratoire mieux contrôlé.
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Dans l’équipe de Toulouse, les expériences
envisagées utilisent une grande séparation
spatiale entre les bras de l’interféromètre (>
1 cm), offrant la possibilité de façonner des
potentiels d’interaction, pour réaliser des me-
sures en physique fondamentale ou en métro-
logie, (longueur d’onde d’extinction, polarisa-
bilité du rubidium, G).

Une des mesures qui sera réalisée, à moyen
terme, est le test de la neutralité de la ma-
tière. Pour cela, la mesure par interférométrie

exploite l’effet Aharonov-Bohm scalaire, qui prédit que la phase d’une onde de matière asso-
ciée à une particule chargée est modifiée par la présence d’un potentiel électrostatique. Avec
des potentiels de l’ordre de 104 V sur chaque électrode et un temps d’interaction de 20 ms, la
sensibilité sur la mesure de la neutralité électrique de l’atome est de 10−23qe, ce qui améliore de
deux ordres de grandeur la sensibilité actuelle. Cette sensibilité est principalement limitée par
les bruits de vibration. L’utilisation d’une plateforme d’isolation active [81] et éventuellement
d’un double interféromètre [172] permettrait de s’affranchir des bruits de vibration et d’atteindre
la limite due au bruit de projection quantique, mais aussi des temps d’interaction plus longs.
Avec une source de 106 atomes, la sensibilité peut alors atteindre 10−26qe. Par ailleurs, le temps
d’interaction avec les potentiels pourrait être augmenté en piégeant les atomes dans un réseau
optique vertical pendant l’interféromètre. Ce type d’interféromètres nécessite de s’affranchir des
phénomènes de collisions et des fluctuations des potentiels de piégeage. Le groupe de Berkeley
a réussi à observer des franges d’interférences, avec ce type d’interféromètre, avec un temps de
maintien de 20 s dans un réseau optique [173]. Par ailleurs, les mesures de phases géométriques
bien adaptées aux mesures différentielles peuvent s’affranchir des déphasages dus au réseau.

Notre interféromètre offre ainsi la possibilité d’explorer des déphasages géométriques induits
par des champs électromagnétiques [174], des potentiels gravitationnels [175], ou des champs de
jauge artificiels [176].

Les performances données dans ce manuscript restent conservatives, et une amélioration
pourra être obtenue en adaptant les différentes techniques mentionnées à notre interféromètre.

Un dernier aspect de notre expérience
concerne le développement de puces à atomes.
Une étude est menée pour mettre en place sur
une même puce un piège magnéto-optique à
l’aide d’un réseau et le piège purement ma-
gnétique. Il est aussi envisagé de créer un piège
dipolaire directement sur la puce en utilisant
le façonnage de champs lumineux avec les ré-
seaux. Ces nouvelles sources de condensats de
Bose-Einstein peuvent bénéficier à de nom-
breuses applications, telles que les missions spatiales, la navigation inertielle ou la géophysique.
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