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Résumé

La construction d’interféromètres atomiques permet d’envisager la mesure très précise de
quantités physiques. Cette étude présente une mesure de la polarisabilité de l’atome de lithium
par interférométrie atomique. Le résultat obtenu, α = (24,33 ± 0,16) ×10−30 m3, améliore la
connaissance de cette grandeur physique d’un facteur trois par rapport aux mesures les plus
précises recensées dans la littérature.

Ce travail présente de manière détaillée le réglage puis l’utilisation d’un interféromètre ato-
mique de Mach - Zehnder. Les deux bras de l’interféromètre sont séparés spatialement par
diffraction élastique de l’onde atomique par une onde stationnaire laser, quasi résonante avec
la première transition de résonance du lithium. Un ensemble de techniques expérimentales sou-
vent complexes dans leur mise en oeuvre est nécessaire pour construire l’interféromètre. Après
une étude détaillée de la source d’atomes de lithium (un jet supersonique ensemencé dans de
l’argon), nous présentons nos signaux d’interférence atomique, d’excellente visibilité, allant
jusqu’à 84,5 % au premier ordre de diffraction. Une grande variété de signaux a été enregistrée,
par diffraction de l’isotope fermionique dans des ordres supérieurs ou par diffraction de l’iso-
tope bosonique minoritaire. La qualité des signaux d’interférence obtenus est ensuite mise à
profit pour réaliser des mesures de phase d’une grande précision. Une première expérience per-
met d’évaluer la sensibilité de l’interféromètre atomique aux gradients de champ magnétique.
Une mesure absolue de la polarisabilité électrique du lithium est ensuite proposée par applica-
tion d’un champ électrique sur un seul des deux chemins atomiques, distants de seulement 90
micromètres. La construction d’un tel condensateur, son alignement par rapport au jet atomique,
et son utilisation sont détaillées dans cette thèse, et conduisent à une mesure très précise du dé-
phasage induit par effet Lo Surdo - Stark (précision de 0,07 %). Pour cette première mesure,
l’incertitude finale sur la polarisabilité du lithium est de seulement 0,66 %, et elle est dominée
par l’incertitude sur la vitesse moyenne des atomes, ce qui laisse espérer des possibilités d’un
gain de précision supplémentaire.





Abstract

Atom interferometers are very sensitive tools to make precise measurements of physical
quantities. This study presents a measurement of the static electric polarizability of lithium by
atom interferometry. Our result, α = (24.33 ± 0.16) ×10−30 m3, improves by a factor of three
the most accurate measurements of this quantity.

This work describes the tuning and the operation of a Mach - Zehnder atom interferometer
in detail. The two interfering arms are separated by elastic diffraction of the atomic wave by a
laser standing wave, almost resonant with the first resonance transition of lithium atom. A set of
experimental techniques, often complicated to implement, is necessary to build the experimental
set-up. After a detailed study of the atom source (a supersonic beam of lithium seeded in argon),
we present our experimental atom signals which exhibit a very high fringe visibility, up to 84.5
% for first order diffraction. A wide variety of signals has been observed, by diffraction of the
bosonic isotope at higher diffraction orders and by diffraction of the fermionic less abundant
isotope. The quality of these signals is then used to do very accurate phase measurements. A
first experiment investigates how the atom interferometer signals are modified by a magnetic
field gradient. An absolute measurement of lithium atom electric polarizability is then achieved
by applying a static electric field on one of the two interfering arms, separated by only 90
micrometers. The construction of such a capacitor, its alignment in the experimental set-up and
its operation are fully detailed. We obtain a very accurate phase measurement of the induced Lo
Surdo - Stark phase shift (0.07 % precision). For this first measurement, the final uncertainty on
the electric polarizability of lithium is only 0.66 %, and is dominated by the uncertainty on the
atom beam mean velocity, so that a further reduction of the uncertainty can be expected.
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Introduction

La première observation du phénomène d’interférence de deux ondes lumineuses est due aux
travaux séparés de R. Boyle (1627 - 1691) et R. Hooke (1635 - 1703). Dans ce montage, aujour-
d’hui connu sous le nom d’anneaux de Newton (1673 - 1727), des franges d’interférence ont été
observées à partir d’une lentille sphérique convexe posée sur une lame de verre plane [1]. Il fal-
lut attendre le début de XIXeme siècle et les travaux de T. Young pour interpréter l’interférence
d’ondes lumineuses comme une manifestation du caractère ondulatoire de la lumière. Le sujet
suscita d’emblée un intérêt particulier, probablement en raison de la possibilité d’observer l’obs-
curité en certains points de l’espace par superposition de deux ondes lumineuses. D’abord objet
de curiosité, l’interférence d’ondes lumineuses devient rapidement un outil de choix pour mesurer
de petites quantités physiques, comme la longueur d’onde d’une source lumineuse, mesurée pour
la première fois par interférométrie par A. Fresnel [2, 3]. Suite à cette découverte, de nombreux
interféromètres optiques ont vu le jour dans le courant du XIXeme siècle avec des applications
variées. Vers les années 1810, A. Fresnel et F. Arago construisent un interféromètre dans lequel
l’interférence s’opère par modification de la polarisation de l’onde lumineuse à partir de lames
de tourmaline. La figure (1) ci-dessous (partie gauche) donne le schéma de principe de ce type
d’interféromètre à deux sorties complémentaires S1 et S2, adapté à l’étude des propriétés des lames
biréfringentes.

FIG. 1 – Les deux principaux types d’interféromètre: à gauche, l’interféromètre de polarisation
de Fresnel et Arago, à droite, l’interféromètre à division d’amplitude de Mach et Zehnder.

La partie droite de la figure (1) schématise l’interféromètre construit par L. Mach et L. Zehnder
(L. Zehnder (1891,[4]), L. Mach (1892,[5])), formé de deux lames séparatrices et de deux miroirs.
L’interférence résulte de la division de l’amplitude de l’onde incidente sans que l’on utilise son
état de polarisation, différence notable avec l’interféromètre de A. Fresnel et F. Arago. L’appareil
possède deux sorties complémentaires S1 et S2 dont les signaux sont en opposition de phase. Il a
été largement utilisé pour mesurer l’indice optique de matériaux transparents disposés sur l’un des
deux chemins optiques.
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La fin du XIXeme siècle a vu se développer de nombreux interféromètres à division d’amplitude
comme celui de A. Michelson et E. Morley (1886, [6, 7]) utilisé pour établir l’invariance de la
vitesse de la lumière dans le vide ou celui de M. Sagnac (1913, [8, 9]) dans lequel deux ondes
parcourent en sens inverse des chemins optiques identiques, ce qui permet d’envisager la mesure
de rotations.

L’interférence d’ondes multiples a été étudiée par C. Fabry et A. Pérot pour analyser des spectres
atomiques [10, 11]. Les interféromètres à ondes multiples sont nombreux : l’exemple le plus connu
est le réseau de diffraction mais il existe également des dispositifs historiques plus ou moins usités
comme la lame de Lummer - Gehrcke [12]. De nos jours, l’interférence d’ondes lumineuses est
encore largement utilisée dans l’industrie pour mesurer des contraintes et des déformations [13] et
reste un outil de choix dans les laboratoires de recherche pour construire des cavités Fabry - Pérot
de grande finesse, comme référence de fréquence pour les lasers.

1. Naissance de l’interférométrie atomique
En 1924, L.V. De Broglie propose d’associer à toute particule matérielle un comportement on-

dulatoire caractérisé par une longueur d’onde λdB = h/p, p désignant l’impulsion de la particule
[14]. Cette découverte, fondée sur un raisonnement théorique, sera confirmée dès 1927 par les
expériences de C. Davisson et H. Germer portant sur la diffraction d’électrons sur le réseau cris-
tallin de la surface d’un métal [15]. En 1930, I. Estermann et O. Stern observent la diffraction d’un
faisceau d’hélium sur la surface d’un cristal de chlorure de sodium [16]. Ces premiers travaux ont
ouvert la voie à la construction d’interféromètres à ondes de matière, mais il a fallu beaucoup de
temps pour surmonter deux difficultés essentielles :

– La longueur d’onde des ondes de matière est en général bien inférieure au nanomètre, ce qui
rend l’observation des phénomènes ondulatoires plus délicate qu’avec la lumière visible

– Les séparatrices et miroirs utilisés pour diffracter les ondes lumineuses, ne sont pas adaptés aux
ondes de matière, la surface des solides étant en général trop rugueuse par rapport à la longueur
d’onde atomique, qui est très petite.

En 1952, L. Marton et ses collaborateurs mettent au point le premier interféromètre à ondes de
matière. Il s’agit d’un interféromètre à électrons utilisant la géométrie de Mach - Zehnder dans
lequel les séparatrices et miroirs sont des réseaux de diffraction formés de cristaux de quelques
centaines de couches atomiques d’épaisseur [17]. Des travaux ont ensuite été menés pour observer
l’interférence de neutrons. Ces travaux ont abouti en 1974 à la mise au point d’un interféromètre
à neutrons thermiques dans l’équipe de H. Rauch [18]. Dans cet interféromètre de type Mach -
Zehnder, les neutrons sont diffractés sur des réseaux cristallins épais, ce qui impose une condition
de Bragg à la diffraction. Lorsque la condition de Bragg est vérifiée, un seul faisceau diffracté
apparaît, en plus du faisceau direct, et cet absence de faisceaux parasites se traduit par des franges
d’interférence de très bonne visibilité. Les applications de l’interférométrie de neutrons sont tou-
tefois limitées par les faibles flux disponibles et par la complexité du montage, les sources de
neutrons thermiques n’existant que dans des laboratoires spécialisés.

Les atomes sont de meilleurs candidats pour les expériences d’interférométrie. Par rapport aux
neutrons, les sources d’atomes sont plus intenses, de plusieurs ordres de grandeur, et sont plus
faciles à manipuler. Quantiquement, un atome est décrit par un état formé d’un vecteur d’onde
k et de nombres quantiques décrivant son état interne, notamment son état de structure fine et
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hyperfine. L’état interne de l’atome joue un rôle analogue au vecteur de polarisation~ε d’une onde
lumineuse, mais alors que le photon n’a que deux états propres, l’atome peut en avoir beaucoup
plus, même en se limitant aux seuls niveaux de l’état fondamental. Dans l’approximation non
relativiste, l’énergie cinétique de l’atome est donnée par Ec = h̄2k2/(2m). Le vide est dispersif
pour les ondes de matière : la vitesse de groupe ∂ω/∂k = k/m n’est pas constante comme c’est le
cas pour les photons, et cette propriété a pour conséquence l’élargissement des paquets d’ondes
atomiques durant leur propagation. D’un point de vue pratique, la quantité physique importante est
la longueur d’onde de De Broglie λdB donnée par :

λdB =
2π
k

=
h

mv
' 4×10−7

Av
mètre (1)

où A désigne le nombre de masse de l’atome animé de la vitesse v exprimée en mètres par seconde.
Pour des atomes aux énergies thermiques, la longueur d’onde atomique se situe dans la gamme qui
va de 30 à 300 picomètres, alors qu’avec des atomes froids, il est possible d’atteindre des longueurs
d’onde supérieures au micromètre. La masse des atomes les rend très sensibles aux effets inertiels
comme les effets de rotation ou d’accélération. Les interactions entre atomes sont nettement plus
importantes que les interactions entre photons qui sont pratiquement négligeables. Les atomes
sont également sensibles aux champs électriques et magnétiques ce qui permet une grande variété
d’expériences incluant la diffraction par laser. La sensibilité des atomes aux champs magnétiques
(effet Zeeman) et électriques (effet Lo Surdo - Stark) sera l’objet des chapitres 5 et 6 de cette
thèse. En toute rigueur, les premières franges d’interférence atomique ont été observées par N.F.
Ramsey dès 1950 en étudiant la spectroscopie des atomes et des molécules d’un jet thermique [19].
Toutefois, elles ne furent interprétées comme telles qu’en 1989 par Ch. Bordé [20]. Les premières
expériences d’interférométrie avec des atomes remontent au début des années 1990, la principale
difficulté à surmonter concernant la mise au point d’outils pour manipuler les atomes de manière
cohérente que nous détaillerons au paragraphe suivant. Une première génération d’interféromètres
à atomes apparaît ainsi en 1991 :

– O. Carnal et J. Mlynek réalisent une expérience de fentes d’Young avec un jet atomique d’hé-
lium métastable [21]

– D. Pritchard et ses collaborateurs construisent un interféromètre de Mach-Zehnder, utilisant un
jet atomique de sodium et la diffraction par des réseaux matériels [22]

– Suivant une idée de Ch. Bordé [20], le groupe de J. Helmcke qui a mis au point un interféro-
mètre basé sur les franges de Ramsey en absorption saturée avec un jet de calcium [23], utilise
cet interféromètre pour mettre en évidence l’effet Sagnac pour des ondes atomiques

– M. Kasevich et S. Chu construisent un interféromètre de Mach-Zehnder fonctionnant avec des
atomes froids de sodium et la diffraction par laser [24] et l’utilisent pour mesurer l’accélération
locale de la pesanteur g avec une incertitude relative voisine de 10−6 [24].

2. La manipulation cohérente des atomes

Nous allons voir dans ce paragraphe que l’on peut manipuler des atomes de manière cohérente
en utilisant des techniques variées. J’insisterai surtout sur l’apport de la diffraction atomique qui
permet de construire des séparatrices et des miroirs à atomes, mais il existe d’autres techniques de
manipulation cohérente comme le polariseur à atomes par exemple.
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2.1 Le polariseur
Historiquement, le premier élément construit en optique atomique est le polariseur à atomes,

élément clé pour la construction d’un interféromètre atomique de polarisation, analogue à celui
construit par A. Fresnel et F. Arago à partir d’ondes lumineuses. Un polariseur à atomes fonctionne
selon le principe de l’expérience de Stern et Gerlach [25, 26]: des atomes de nombre quantique MF
différent sont déviés sous l’action de gradients de champ magnétique et cette expérience permet
de sélectionner un seul état dont la composante MF du moment cinétique est fixée, la direction de
quantification étant celle du champ magnétique.

2.2 La diffraction atomique
La diffraction d’une onde de matière peut s’effectuer en utilisant des structures matérielles

ou par action d’une onde laser. La diffraction d’atomes est très intéressante car elle permet de
disposer de l’équivalent d’une lame séparatrice ou d’un miroir pour les atomes, deux éléments qui
interviennent dans la construction d’un interféromètre à division d’amplitude.

Diffraction par des structures matérielles La structure la plus élémentaire est une fente et des
expériences de diffraction atomique ont été réalisées dès 1991 avec des fentes d’Young dans le
groupe de J. Mlynek [21]. La diffraction par un réseau est également possible et des réseaux de
très haute qualité avec des périodes inférieures à 100 nm, peuvent être obtenus par des techniques
de nanolithographie dans des membranes très minces [16, 27]. De tels réseaux permettent de dif-
fracter des atomes, de petites molécules ou des agrégats comme l’ont souligné W. Schöllkopf et
J.P. Toennies [28]. La diffraction de petites molécules a été observée dans le groupe de D. Pritchard
avec des dimères de sodium [22] ou dans celui de J.P. Toennies avec de petits agrégats d’hélium
[29, 30]. L’interaction de Van Der Waals de l’atome avec la surface joue un rôle important lorsque
les fentes sont de largeur inférieure à 50 nanomètres. La diffraction d’une onde atomique par des
réseaux matériels permet d’utiliser la même structure diffractante quel que soit l’atome choisi. Tou-
tefois, l’interaction de Van Der Waals restreint la diffraction aux atomes aux énergies thermiques
et les risques d’obturation sont importants.

Diffraction par une onde stationnaire laser En 1933, Kaptiza et Dirac proposèrent de diffracter
un faisceau d’électrons sur une onde lumineuse stationnaire, afin de prouver l’existence de l’émis-
sion stimulée du rayonnement. Cette expérience n’était pas réalisable, et même avec des lasers,
elle reste difficile [31]. En 1966, Altshuler et ses collaborateurs [32] proposèrent d’étendre cette
idée à la diffraction d’atomes, en montrant que la probabilité de diffraction serait plus importante
si la fréquence du laser était choisie proche d’une transition résonante.

Les expériences pionnières de manipulation des atomes par laser ont été menées dans les
groupes de E. Arimondo [33], V. Grinchuk [34] et P. Moskowitz [35], et confortées par des tra-
vaux aussi bien théoriques [36] qu’expérimentaux [37, 38]. La diffraction d’une onde atomique par
un laser peut être utilisée pour des atomes aux énergies thermiques ou des atomes ultra - froids.
La figure (2) présente les deux cas limites envisagés selon la focalisation du laser : le régime de
Kapitza - Dirac [37], obtenu pour un faisceau laser très focalisé, caractérisé par un grand nombre
d’ordres de diffraction, et le régime de Bragg [38], pour lequel le faisceau laser est si large que
l’onde atomique ne peut être diffractée que dans un seul ordre de diffraction, de manière analogue
à la diffraction des rayons X par la structure en plans d’un solide cristallin. Il existe également
d’autres régimes, étudiés dans la référence [39].
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FIG. 2 – Schéma tiré de l’article [38] illustrant les deux régimes de diffraction d’une onde ato-
mique par une onde stationnaire laser quasi-résonante: à gauche, le régime de Kapitza - Dirac, à
droite le régime de Bragg, h̄kL désignant l’impulsion du photon.

En régime de Bragg, le réseau diffractant est un réseau de phase dont la période a est détermi-
née par la longueur d’onde λL de l’onde laser stationnaire et a = λL/2. La diffraction s’effectue
de manière cohérente lorsque la fréquence du laser est désaccordée par rapport à la fréquence de
la transition résonante de l’atome d’une quantité δL suffisante pour que la probabilité absorption
- émission spontanée d’un photon soit négligeable pendant le temps d’interaction de l’atome avec
le laser. En géométrie de Bragg, la diffraction peut être décrite comme l’oscillation de Rabi d’un
système quantique à deux niveaux représenté par l’onde atomique incidente et l’onde atomique
diffractée. Des séparatrices et des miroirs à atomes peuvent être construits en ajustant la proba-
bilité de diffraction entre 0 et 100 % par modification de la densité de puissance du laser ou du
désaccord en fréquence δL. La diffraction dans le régime de Bragg permet ainsi de créer une géo-
métrie de Mach et Zehnder sans faisceaux parasites, particulièrement intéressante pour construire
un interféromètre atomique.

Autres processus de diffraction par laser La diffraction Raman est un cas particulier de dif-
fraction d’une onde atomique par une onde laser au cours duquel l’atome change d’état interne
passant de l’état fondamental |1〉 à un état excité |2〉 séparé en énergie de la quantité h̄ω12. L’onde
stationnaire laser est donc remplacée par deux ondes de fréquences différentes ωL1 et ωL2, telles
que ωL1−ωL2 = ω12. La diffraction se produit alors par absorption d’un photon ωL1 puis émission
stimulée d’un photon ωL2. Ce processus est très intéressant car les faisceaux transmis et diffractés
sont dans des états internes différents, ce qui permet de détecter séparément ces deux faisceaux. La
cohérence du processus est assuré par asservissement du battement de fréquence des deux lasers
(ωL1−ωL2) sur un oscillateur stable.

2.3 Miroirs à atomes et autres dispositifs
Des miroirs à atomes peuvent être construits en utilisant n’importe quel type de potentiel ré-

pulsif. Le potentiel de gravitation terrestre est aujourd’hui communément utilisé pour réfléchir
un jet d’atomes lancé vers le haut, formant ainsi des fontaines à atomes. D’autres dispositifs ont
également permis de construire des miroirs à atomes comme des ondes lasers évanescentes dont
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l’écart à résonance est positif [40]. Dans ces expériences, l’atome subit durant sa réflexion l’action
conjuguée du potentiel attractif de Van der Waals de la surface et du potentiel dipolaire répulsif dû
à l’onde laser évanescente [41]. Une autre technique utilisant la répulsion par une force magné-
tique a été mise au point avec succès. Des structures magnétiques périodiques peuvent produire
un champ magnétique qui décroît exponentiellement en dehors de la structure et il est possible
de montrer qu’un tel champ peut être utilisé comme miroir pour des atomes froids possédant un
moment magnétique non nul [42, 43, 44]. D’autres dispositifs ont été développés, notamment des
guides d’ondes atomiques. Le guidage d’atomes peut être effectué en utilisant des forces optiques
ou magnétiques. Le guidage par force optique s’effectue par action d’une onde laser très désaccor-
dée, vers le bleu ou vers le rouge d’une transition atomique. Cette onde joue le rôle d’une surface
réfléchissante et en donnant une forme tubulaire au faisceau lumineux, un guide d’ondes atomiques
peut ainsi être créé [45]. Le guidage magnétique repose sur l’interaction du moment dipolaire ma-
gnétique de l’atome avec un champ magnétique extérieur et ce sujet est décrit dans l’article de
revue publié par E. Hinds et I. Hughes [46].

3. Différents types d’interféromètres atomiques
Nous allons classer les différents interféromètres atomiques selon les critères suivants :

– La longueur d’onde de la source d’ondes atomiques, très différente selon que l’on utilise des
atomes aux énergies thermiques ou bien des atomes froids, ce qui modifie notablement le temps
passé par les paquets d’ondes atomiques dans l’interféromètre.

– La méthode choisie pour manipuler les atomes dans l’interféromètre. Comme en optique tra-
ditionnelle, il existe des interféromètres de polarisation et des interféromètres fonctionnant par
division du front de l’onde atomique incidente ou par division de son amplitude.

3.1 La source de l’interféromètre
Les performances d’une source atomique ou moléculaire peuvent être définies par analogie avec

celle d’une source de photons, en terme de brillance et de monochromaticité. On distingue géné-
ralement deux types de sources atomiques, les jets thermiques d’atomes et les nuages d’atomes
froids. Les brillances atteintes dans les deux cas sont dans l’ensemble comparables [47]. L’uti-
lisation d’atomes froids et de condensats de Bose - Einstein en particulier, permet de disposer
de sources atomiques quasi-monochromatiques. On peut alors appliquer des déphasages impor-
tants sans perte notable de la visibilité des franges. Toutefois, les performances obtenues à partir
d’interféromètres à atomes thermiques sont remarquables, et de nombreux interféromètres ont été
construits avec ce type de source. Nous en dressons la liste en ne citant à chaque fois que la pre-
mière publication :

– Atome Na, D. Pritchard, 1 991, [22] / Atome Ca, 1991 , F. Riehle, [23]
– Atome Mg, W. Ertmer, 1 992, [48] / Atome Ca, A. Morinaga, 1 993, [49]
– Molécule I2, Ch. J. Bordé, 1 994, [50] / Molécule Na2, D. Pritchard, 1 995, [51]
– Atome Ar*, A. Zeilinger, 1 995, [52] / Atome Ne*, Siu Au Lee, 1 995, [53]
– Atome Cs, M. Kasevich, 1 997, [54] / Molécule K2, E. Tiemann, 2 000, [55]
– Atome He, dimère He2, J.P. Toennies, 2 001, [30] / Fullerène C60, A. Zeilinger, 2 002, [56]
– Atome H*, T.W. Hänsch, 2 002, [57]



xi

L’utilisation d’atomes froids permet d’envisager des mesures de très grande sensibilité, les
temps d’interaction pouvant atteindre des valeurs beaucoup plus élevées. Avec des atomes ou mo-
lécules aux énergies thermiques, la vitesse est de l’ordre de 10 à 100 m/s, les interféromètres ont
une taille de l’ordre du mètre, ce qui correspond à des temps d’interaction d’au plus quelques
millisecondes. Avec des atomes froids lancés par laser à des vitesses voisines de 1 m/s, les temps
d’interaction pourraient atteindre 1 seconde environ. Ils sont actuellement limités à environ 0,2
seconde par les questions de vibrations dans les laboratoires [24]. Dans les fontaines atomiques,
les durées d’interaction sont limitées par la chute des corps sur Terre à des temps de l’ordre de la
seconde et les horloges atomiques embarquées sur satellite (projet Pharao) conduisent à des temps
d’interaction de l’ordre de la dizaine de secondes. La source d’atomes est formée en général d’un
piège atomique qui, une fois chargé, permet d’accélérer le nuage d’atomes par des faisceaux la-
sers avant de pénétrer dans l’enceinte de l’interféromètre. Il est également possible d’utiliser des
gaz quantiques dégénérés comme des condensats de Bose - Einstein comme source d’atomes. Ces
condensats sont analogues aux lasers utilisés couramment en optique photonique de nos jours. Ils
sont surtout utilisés dans le domaine de l’optique atomique non linéaire [58].

3.2 La manipulation de l’onde atomique
Nous avons souligné que les dispositifs à division du front d’onde, analogues des expériences

de type fentes d’Young ou biprisme de Fresnel pour des atomes, ont avant tout un intérêt historique
et conceptuel. La plupart des applications pratiques en interférométrie atomique concerne l’utili-
sation d’appareils qui peuvent être répartis en deux catégories, et cette classification s’appuie sur
l’analogie existant entre les états internes d’un atome et la polarisation d’une onde lumineuse :

– Dans les interféromètres de polarisation, l’onde atomique se propage sans division de l’ampli-
tude de l’onde incidente, le chemin atomique dépendant de l’état interne des atomes.

– Dans les interféromètres à division d’amplitude, l’onde atomique est séparée spatialement en
plusieurs faisceaux cohérents entre eux, tout en préservant le même état interne (analogues des
interféromètres optiques de Michelson et Mach - Zehnder).

Toutefois, en optique atomique, de nombreux dispositifs modifient simultanément l’impulsion
et l’état interne d’un atome par diffraction inélastique (interféromètres de type Ramsey - Bordé).
Nous considérerons donc que les interféromètres de polarisation sont ceux qui n’induisent prati-
quement pas de modification de la trajectoire des atomes.

Interféromètres atomiques de polarisation Les expériences réalisées par N.F. Ramsey dès
1950 constituent la première réalisation d’un interféromètre de polarisation [59], suivies en 1973
par celle de Y.L. Sokolov, portant sur la mesure du Lambshift de l’atome d’hydrogène dans l’état
n = 2 [60]. Les horloges atomiques appartiennent à ce type d’interféromètre. Grâce à ces horloges
atomiques, l’exactitude sur la mesure des transitions atomiques a été largement améliorée. L’hor-
loge atomique au césium 133 détermine la transition à 9,19 GHz du césium avec une exactitude
de 1,0×10−15 [61, 62], celle construite dans l’équipe de F. Riehle au P.T.B. à partir de l’élément
calcium fonctionne avec une exactitude de l’ordre de 10−15 [63]. Deux fontaines atomiques ont
également été construites au BNM - Syrte avec du rubidium ou du césium, et les exactitudes sont
tout aussi remarquables : 0,8 × 10−15 pour l’horloge au césium et 0,7 × 10−15 pour l’horloge au
rubidium [64]. Il est également possible de construire un interféromètre de polarisation analogue
à celui conçu par A. Fresnel et F. Arago pour les ondes lumineuses. En 1990, un interféromètre de
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ce type a été construit dans l’équipe de J. Baudon. Le polariseur et l’analyseur sont des transitions
de Majorana entre sous-niveaux Zeeman de l’hydrogène métastable [65].

Interféromètres atomiques à division du front d’onde Nous avons déjà cité l’expérience des
fentes d’Young réalisée avec des atomes dans le groupe de J. Mlynek [21], à partir de fentes de
largeur 1 µm séparées de 8 µm. Il existe également une expérience analogue à celle du biprisme de
Fresnel réalisée en utilisant un fil chargé [66, 67] et une expérience similaire fut construite à partir
d’atomes de néon métastable ultra - froids dans le groupe de F. Shimizu [68].

Interféromètres atomiques à division d’amplitude Des interféromètres équivalents à celui de
C. Fabry et A. Pérot ou encore celui de M. Michelson sont délicats à construire avec des ondes ato-
miques car aucune surface semi - réfléchissante avec des irrégularités très inférieures à la longueur
d’onde de De Broglie n’est disponible pour ce type d’ondes. La majorité des interféromètres ato-
miques actuels possède une géométrie à bras séparés de type Mach - Zehnder. On peut ainsi utiliser
une source d’atomes très étendue ce qui améliore l’intensité du signal en sortie de l’appareil. A dif-
férence de marche nulle, la visibilité des franges atomiques n’est pas affectée par la distribution
de vitesse de la source d’atomes et cette propriété est très importante en interférométrie atomique
car les longueurs de cohérence temporelle des sources atomiques sont généralement très petites,
allant de quelques dizaines de picomètres pour des atomes aux énergies thermiques à quelques di-
zaines de nanomètres pour des nuages d’atomes froids. On distingue deux types d’interféromètres
de Mach - Zehnder :

– les interféromètres spatiaux, pour lesquels les réseaux de diffraction permettant la construction
des miroirs et séparatrices à atomes sont situés en des points de l’espace : z = 0, z = L et z = 2L,
L désignant la distance entre deux réseaux consécutifs. Ces interféromètres sont très similaires
à leurs analogues optiques.

– les interféromètres temporels, pour lesquels les réseaux de diffraction se présentent sous la
forme de pulses appliqués aux instants successifs t = 0, t = T et t = 2T , T désignant le temps
de parcours entre deux réseaux successifs. Ces interféromètres à diffraction inélastique sont
souvent appelés interféromètres de Ramsey - Bordé.

Comme nous l’avons souligné au paragraphe précédent, les miroirs et séparatrices des interfé-
romètres spatiaux peuvent être construits à partir de réseaux matériels [22, 30] ou par diffraction
de l’onde atomique par une onde stationnaire laser. Des franges d’interférence atomique ont été
observées dans le groupe de A. Zeilinger en 1995 par diffraction de l’onde atomique dans le ré-
gime de Kapitza-Dirac [52]. Un interféromètre atomique fonctionnant par diffraction de l’onde
atomique dans le régime de Bragg a été construit dans le groupe de S.A. Lee [69].

Dans les interféromètres temporels, les atomes sont initialement placés dans une superposition
cohérente de leur état fondamental | f 〉 et de leur état excité |e〉. La séparation des deux paquets
d’onde atomique s’opère par absorption d’un photon, l’état |e〉 recevant la quantité de mouvement
du photon absorbé et les deux chemins sont ensuite recombinés. Suite aux travaux pionniers de J.
Helmcke [23] et S. Chu [24], plusieurs interféromètres de ce type ont été construits : avec l’élé-
ment calcium, comme dans le groupe de A. Morinaga [70] ou l’élément magnésium [71]. Nous
allons voir comment la géométrie de Mach - Zehnder, géométrie à bras séparés, permet d’utiliser
l’interféromètre comme appareil de mesure de précision.
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Interféromètres fonctionnant par diffraction en champ proche Dans les interféromètres
de Mach - Zehnder à réseaux, une étape importante est la collimation du jet (atomique ou molécu-
laire) caractérisée par l’angle θcoll ∼ a/L, a désignant le pas du réseau et L la distance entre deux
réseaux successifs. Cette étape limite le flux de sortie de l’appareil. En optique traditionnelle, il
est d’usage de distinguer la diffraction en champ proche ou diffraction de Fresnel de la diffrac-
tion en champ lointain ou diffraction de Fraunhofer. La diffraction d’une onde atomique est dite
à champ proche lorsque la distance séparant deux réseaux consécutifs est inférieure à la longueur
LT = a2/λdB, appelée longueur de Talbot. L’angle de diffraction étant donné par θD = λdB/a, la
diffraction en champ proche se produit lorsque θcoll > θD. Elle réalise du second réseau une image
à des intervalles réguliers, multiples de la longueur de Talbot. Conjugué à l’effet Lau, l’effet Talbot
permet d’obtenir un flux important en sortie de l’interféromètre, le premier réseau se comportant
alors comme une succession de fentes sources incohérentes. Des réseaux commerciaux de pas
élevé, de l’ordre de la dizaine de micromètres, ont ainsi été utilisés dans l’équipe de A. Zeilinger
pour observer des franges d’interférence avec des molécules de fullerène C60 ou C70 [56, 72, 73].

4. Applications de l’interférométrie atomique
Les informations physiques que l’on peut obtenir à partir d’un interféromètre atomique sont très

variées et reposent toutes sur la mesure du déphasage du système de franges atomiques. Lorsque
les paquets d’ondes atomiques se propagent dans un référentiel qui n’est qu’approximativement
galiléen, le déphasage des franges atomiques est d’origine inertielle et l’interféromètre peut servir
de gyroscope ou d’accéléromètre [24]. Le déphasage peut également résulter de l’action d’une
perturbation appliquée sur un seul des bras de l’interféromètre et de très faibles perturbations
peuvent ainsi être mesurées. Etudions l’influence d’une perturbation sur le signal en sortie d’un
interféromètre.

4.1 Principe des mesures interférométriques
Par analogie avec l’optique traditionnelle, l’intensité du signal en sortie d’un interféromètre

atomique possédant deux sorties complémentaires 1 et 2 s’écrit sous la forme :

I1,2 = I0[1±V cos(φ0)]+ IB (2)

où I0 représente le flux moyen d’atomes détecté, IB désignant le signal de fond sur le détecteur.
La phase φ0 est la phase de l’interférogramme utilisée pour balayer les franges atomiques dont la
visibilité V est définie par :

V =
Imax− Imin

Imax + Imin
(3)

Appliquons une perturbation à l’un des deux chemins atomiques, par exemple un champ élec-
trique ou un milieu dilué dont on souhaiterait connaître l’indice. La figure (3) (partie gauche)
schématise la situation dans le cas le plus répandu, celui d’un interféromètre de Mach et Zehnder.
La perturbation est appliquée sur une distance L et nous désignerons par e et s l’entrée et la sortie
de la zone d’interaction de l’atome avec la perturbation. Soumis à une perturbation, un atome voit
l’énergie de son état fondamental modifiée d’une quantité généralement notée U . En général, cette
énergie est très faible devant l’énergie cinétique de l’atome, de sorte que la trajectoire classique de
l’atome n’est quasiment pas modifiée.
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S = I0V φ. Lorsque le bruit de comptage B est Poissonien, il vaut B =
√

I0 ce qui conduit à un
rapport signal sur bruit :

S
B

= V
√

I0 φ (8)

La sensibilité en phase de l’appareil est donc déterminée par le facteur M = I0V 2, appelé fac-
teur de mérite de l’interféromètre. Avant toute mesure interférométrique, il convient de trouver le
meilleur point de fonctionnement de l’appareil, c’est à dire le jeu de paramètres expérimentaux qui
assure le facteur de mérite le plus élevé possible. Le tableau (1) ci - dessous rassemble le flux I0,
la visibilité V et le facteur de mérite M obtenu dans différents groupes utilisant des atomes aux
énergies thermiques. Nous avons fait figurer dans ce tableau la sensibilité en phase de l’interfé-
romètre construit à Toulouse. Ces valeurs sont celles que nous utiliserons au chapitre 6 de cette
thèse pour mesurer la polarisabilité électrique de l’atome de lithium. Nous verrons alors que le
maximum de sensibilité en phase n’est pas obtenu pour la visibilité la plus élevée (84,5 % dans
notre appareil) car il est très important de disposer d’un flux de sortie élevé. Les interféromètres
fonctionnant par diffraction inélastique, comme celui de M. Kasevich [24] et S. Chu [74, 75], pour
lesquels la collimation transverse du jet atomique n’est pas nécessaire, permettent d’atteindre des
flux remarquablement élevés.

TAB. 1 – Flux I0, visibilité V , facteur de mérite M = I0V 2 et sensibilité en phase σφ (mrad/
√

Hz)
pour les interféromètres utilisant des atomes aux énergies thermiques. Dans l’expérience de M.
Kasevich [76], la diffraction de l’onde atomique s’effectue de manière inélastique (gyroscope à
diffraction Raman), ce qui permet d’atteindre des flux très élevés.

Equipe Zeilinger Lee Pritchard Toennies Kasevich Toulouse
Elément Ar∗ Ne∗ Na He Cs Li
Année 1995 1995 1997 2001 2000 2005

Référence [52] [69] [77] [30] [76] [78]
I0(c/s) 14 000 1 500 200 000 1 000 1011 100 000
V (%) 10 62 17 71 30 62

M = I0V 2 140 576 5 780 504 1010 38440
σφ = 1/

√
I0V 2 85 42 13 45 0,01 5

4.2 Exemples d’application
Un premier ensemble d’applications concerne la mesure de propriétés caractéristiques des atomes,

en particulier l’interaction d’un atome avec son environnement, par exemple un champ électrique,
un champ magnétique ou un champ gravitationnel.

Mesure de polarisabilité électrique

La mesure traditionnelle de la polarisabilité d’un atome consiste à défléchir le jet atomique par
un gradient de champ électrique. La polarisabilité électrique d’un atome est une quantité particu-
lièrement intéressante à mesurer par interférométrie car les techniques de spectrosopie ne donnent
accès qu’à la différence de deux polarisabilités. Pour réaliser une mesure très précise de la polarisa-
bilité électrique d’un atome avec un interféromètre atomique, il faut appliquer un champ électrique
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bien défini sur un seul chemin atomique. Lorsque la diffraction s’effectue de manière inélastique
(interféromètres de type Ramsey - Bordé), l’appareil permet de mesurer la différence de polarisa-
bilité entre deux états internes distincts de l’atome. Des travaux ont été menés dans ce sens dès
1993 avec les éléments magnésium [79] ou calcium [80]. Lorsque le processus de diffraction est
élastique, on mesure la polarisabilité de l’état atomique unique et D. Pritchard et ses collaborateurs
ont ainsi mesuré la polarisabilité de l’atome de sodium par interférométrie atomique [77]. Cette
expérience consiste à appliquer un champ électrique sur un seul des deux chemins atomiques et
nous y reviendrons plus largement au chapitre 6.

Effet d’un champ magnétique

L’application d’un champ magnétique a fait l’objet de nombreuses études comme dans le groupe
de D. Pritchard [81] ou celui de J. Baudon pour les interféromètres de polarisation [82]. Toutefois,
l’effet Zeeman est déjà mesuré très précisément par résonance magnétique ou par spectroscopie
laser et l’apport de l’interférométrie atomique dans ce domaine reste limité. En effet, il est difficile
d’appliquer des champs magnétiques qui soient à la fois différents et très bien connus sur les deux
trajectoires atomiques, car elles sont très proches l’une de l’autre.

Effets inertiels

La sensibilité des interféromètres atomiques aux effets inertiels, notamment à l’effet Sagnac,
permet d’envisager la construction de gyroscopes et d’accéléromètres d’une précision inégalée
[74, 75]. Les interféromètres à atomes froids sont particulièrement adaptés à la mesure d’effets
inertiels, car l’aire de l’interféromètre, et donc l’effet Sagnac, est ainsi fortement augmentée. De
nombreuses études sont actuellement menées dans ce domaine, comme le projet C.A.S.I. (Cold
Atom Sagnac Interferometer) dans le groupe de W. Ertmer à Hannovre à partir d’atomes de ru-
bidium 87 refroidis, ou encore le travail entrepris dans le groupe de G. Tino pour déterminer la
constante fondamentale de la gravitation universelle G [83]. L’utilisation d’atomes froids, dont les
longueurs d’ondes atomiques sont assez élevées, permet d’envisager la construction de dispositifs
très compacts qu’il serait possible d’embarquer à l’horizon 2010 à bord de sondes spatiales pour
effectuer des tests fondamentaux (projets L.I.S.A. (Laser Interferometer Space Antenna [84]) et
H.Y.P.E.R. (Hyper-precision cold-atom interferometry in space [85])). L’interférométrie atomique
peut également être utilisée pour des tests fondamentaux comme une mesure du rapport h/m réalisé
par S. Chu dans le cas du césium [86] qui permet de connaître la constante de structure fine avec
une grande précision. Nous ne nous étendrons pas sur cette question, bien qu’elle soit l’objet de
nombreuses recherches actuelles et très originales.

Autres applications

Enfin, par analogie avec l’optique photonique, on peut envisager d’introduire un milieu trans-
parent sur l’un des bras de l’interféromètre afin de mesurer l’indice de réfraction de ce milieu en
présence d’une onde atomique. Pour des questions de transmission, ce milieu ne peut être qu’un
gaz dilué. L’équipe de D. Pritchard a ainsi déterminé l’indice de différents gaz dilués en présence
d’une onde atomique de sodium [87, 88, 89]. La partie imaginaire de l’indice tient compte de
l’atténuation du jet due aux collisions et permet de mesurer la section efficace de collision entre
atomes. La méthode interférométrique permet également la mesure de la partie réelle de l’indice,
qui tient compte du déphasage subi par l’onde atomique lors de la traversée du gaz cible, une
quantité inaccessible par les techniques usuelles de collisions entre atomes.
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5. L’interféromètre atomique construit à Toulouse

La construction d’un interféromètre atomique possédant une géométrie de Mach - Zehnder a
été entreprise dans notre groupe en 1998 avec pour objectif d’obtenir une séparation spatiale des
chemins atomiques suffisante pour pouvoir appliquer une perturbation sur un seul de ces deux
chemins. On peut ainsi étudier les interactions de l’onde atomique avec son environnement, no-
tamment en présence de champs électriques ou de gaz dilués.

5.1 La diffraction de l’onde atomique

Nous construisons la géométrie de Mach - Zehnder par diffraction successive de l’onde ato-
mique par trois ondes lasers stationnaires dans le régime de Bragg. L’appareil de mesure possède
ainsi une transmission élevée, associée à la diffraction par des réseaux de phase, et un nombre mi-
nimal de faisceaux parasites, caractéristique de la diffraction de l’onde atomique dans le régime de
Bragg. Le processus de diffraction de l’onde atomique est donc élastique : l’énergie cinétique de
l’atome est conservée et son impulsion est modifiée sans changement de son état interne. Nous al-
lons voir que nous pouvons ainsi observer des franges atomiques de visibilité élevée, ce qui donne
une grande sensibilité en phase à l’appareil.

La diffraction par laser ne peut s’effectuer qu’à partir d’un atome possédant une transition ac-
cessible à partir de lasers continus monofréquence. Si l’on exclut l’utilisation d’atomes dans des
états métastables comme l’hydrogène ou les gaz rares, les éléments chimiques privilégiés sont les
alcalins. Après diffraction par le premier réseau de phase, les deux chemins atomiques sont séparés
spatialement d’un angle θD, directement proportionnel à la longueur d’onde atomique:

θD = p λdB/a (9)

a = λL/2 désignant le pas du réseau et p l’ordre de diffraction. Notre choix s’est donc porté sur
l’alcalin le plus léger, l’atome de lithium, pour lequel la séparation entre les chemins atomiques est
maximale, afin de faciliter l’application d’une perturbation sur l’un des bras de l’interféromètre.
L’annexe A rassemble les données dont nous aurons besoin concernant les deux isotopes stables de
l’atome de lithium: l’isotope 7, majoritaire (92,4 %) et l’isotope 6 (7,6 % seulement). La première
transition résonante de l’atome de lithium correspond à une longueur d’onde de 671 nm. Des
atomes animés de la vitese moyenne u = 1070 m/s possèdent une longueur d’onde de De Broglie
de 54 pm, correspondant à un angle de diffraction au premier ordre θD = 160 µrad.

5.2 La source atomique

Un des objectifs visés lors de la construction de l’interféromètre est la mesure de l’indice de
réfraction des gaz pour une onde de De Broglie, mesure dont nous avons souligné l’intérêt au
paragraphe précédent. Un des aspects de cette étude est la dépendance de l’indice avec la vitesse de
l’onde atomique de lithium. Cette dépendance n’est observable que si l’onde atomique est animée
d’une vitesse moyenne comparable à la vitesse d’agitation thermique des atomes du gaz cible. En
utilisant une source d’atomes froids, nous serions amenés à refroidir également chacun des gaz
utilisés comme gaz cible, ce qui augmente fortement la complexité du montage. Notre choix s’est
donc porté sur un jet thermique d’atomes, pour lequel on distingue généralement deux régimes de
fonctionnement : le régime effusif et le régime supersonique.
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Nous allons voir que le régime supersonique, caractérisé par un jet plus lent et plus froid que le
jet effusif, est plus adapté à l’interférométrie atomique.

Jet effusif Lorsque le jet fonctionne en régime effusif, les atomes sont émis au niveau de la buse
du four sans pratiquement subir de collisions. Pour atteindre ce régime, le libre parcours moyen
des atomes doit être supérieur au diamètre de la buse et la distribution de vitesse est donnée par
[19] :

I(v) = 2I0
v3

α4 e−v2/α2
(10)

où I0 désigne l’intensité totale émise par la source atomique, dont la dispersion en vitesse est
caractérisée par le paramètre α = (2kBT0/m)1/2. Pour des atomes de lithium portés à T0 = 1080
Kelvins, α = 1608 m/s et la vitesse moyenne des atomes est u = 3α

√
π/4 = 2138 m/s.

Jet supersonique Dans ce régime, la pression élevée qui règne dans le four augmente le nombre
de collisions entre atomes de gaz lors de leur passage à travers la buse du four. Ces collisions ont
pour effet de ralentir les atomes les plus rapides, tout en accélérant les atomes les plus lents : le
jet atomique tend ainsi à devenir monocinétique. La fonction de distribution des vitesses paral-
lèles d’un jet supersonique est bien décrite par une courbe très piquée [90], de la forme f (v) =
v3 exp[−(v−u)2/α2

‖], où α‖ = (2kBT‖/m)1/2, T‖ désignant la température parallèle des atomes de
lithium. Le facteur v3, sans importance si α‖ ¿ u, permet d’interpoler le cas des jets effusifs et
supersoniques et pour α‖¿ u, la fonction f prend la forme d’une distribution de type Maxwell-
Boltzmann centrée autour de la vitesse la plus probable u. La théorie des jets suspersoniques fera
l’objet d’une étude détaillée au chapitre 2. Nous montrerons notamment que la vitesse moyenne
des atomes de lithium est déterminée par la nature du gaz porteur de masse m1 :

u =
√

5kBT0/m1 (11)

T0 désignant la température à l’intérieur du four. Ce gaz porteur sera un gaz rare, car il est inerte
chimiquement vis à vis du lithium, contrairement au diazote par exemple. Dans un premier temps,
nous travaillerons avec de l’argon car son coût reste raisonnable, contrairement au krypton ou au
xénon. A titre d’information, le tableau (2) indique la vitesse moyenne des atomes de lithium à
1080 Kelvins pour les différents gaz rares.

Au chapitre 2, nous caractériserons la distribution de vitesse du jet atomique de lithium, porté à
la température de 1080 Kelvins, ensemencé sous une pression d’argon de 330 millibars. Dans ces
conditions, le paramètre α‖Li est voisin de 120 m/s et u ' 1060 m/s. La figure (4) montre que le
régime supersonique est effectivement plus adapté à l’interférométrie atomique : à 1080 Kelvins,
la distribution de vitesse obtenue en régime supersonique est plus étroite (jet plus froid) et centrée
sur une valeur moyenne plus faible (jet plus ralenti) qu’en régime effusif.

TAB. 2 – Vitesse moyenne u des atomes de lithium à 1 080 Kelvins pour différents gaz porteurs.

Gaz rare He Ne Ar Kr Xe
Masse molaire (g/mol) 4,00 20,18 39,95 83,80 131,29

Vitesse moyenne u (m/s) 3350 1492 1060 731 585
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Diffraction de l’onde atomique Cette collimation subrecul permet de séparer spatialement les
deux chemins atomiques par diffraction laser en assurant une divergence du jet atomique inférieure
à l’angle de diffraction θD. A hauteur du second réseau de lumière, distant du premier d’une dis-
tance notée L12, la séparation entre les deux chemins atomiques est maximale. Nous avons choisi
L12 = 0,605 mètre, afin que la séparation maximale entre les chemins atomiques soit de 100 mi-
cromètres au premier ordre de diffraction, et nous verrons que cette distance est suffisante pour
appliquer une perturbation sur un seul des deux chemins atomiques. Une augmentation significa-
tive de la distance L12 conduirait à un appareil de dimensions très importantes ce qui serait non
négligeable en terme de coût et de volume à pomper.

Détection des atomes de lithium Après diffraction de l’onde atomique par trois ondes lasers sta-
tionnaires dans le régime de Bragg, l’onde atomique est détectée, soit sur la sortie 1, soit la sortie
2 de l’interféromètre qui délivrent des signaux complémentaires, c’est à dire des franges d’interfé-
rence en opposition de phase. Nous détectons les atomes de lithium en utilisant un détecteur de type
Langmuir - Taylor, communément appelé détecteur à fil chaud. Le fonctionnement de ce détecteur
est décrit dans un article publié en 2002 [91]. Nous décrirons brièvement son fonctionnement au
premier chapitre en donnant un exemple des signaux détectés.

Les dimensions de l’interféromètre La figure (5) précise les axes que nous adopterons au cours
de cette thèse : z pour la direction de propagation du jet atomique, x pour la direction des ondes
stationnaires laser et y pour la direction verticale. Le tableau (3) indique la distance z de chaque
élément par rapport à la buse du four choisie comme origine de l’axe z. Les distances caractéris-
tiques de l’interféromètre, exprimées en millimètres, sont L01 = 780, L12 = L23 = 605, L34 = 400 ,
et la séparation maximale entre les deux chemins atomiques à l’ordre p vaut 0,1 ×p.

TAB. 3 – Distance des différents éléments de l’interféromètre à la buse du four : écorceur, fentes
(F0), (F1) et (FD), miroirs (M1),(M2) et (M3) et détecteur.

Elément Ecorceur F0 F1 M1 M2 M3 FD Détecteur
Position z (mm) 20 485 1265 1415 2020 2625 3025 3375

La comparaison de ces dimensions avec celle d’un interféromètre à ondes lumineuses permet
de mesurer le gigantisme de l’appareil construit. Le rapport des longueurs d’onde optique et ato-
mique étant d’environ 10000, l’analogue optique de cet interféromètre atomique de lithium serait
un appareil dont les bras auraient une longueur de 6 kilomètres chacun, et pour lequel la séparation
entre les deux chemins optiques serait de 1 mètre et la hauteur utile des réseaux serait de l’ordre
de 10 mètres.

6. Plan de la thèse

Le chapitre 1 fait suite à cette introduction en présentant le dispositif expérimental de manière
détaillée. On y décrit le système de vide qui assure la libre propagation des atomes, la source
laser utilisée pour la diffraction et les procédures d’alignement des trois miroirs utilisés pour la
réalisation des ondes stationnaires laser. Des exemples de signaux enregistrés sur le détecteur sont
analysés et les différents programmes informatiques utilisés dans cette thèse sont présentés.
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Le chapitre 2 est entièrement consacré à l’étude du jet atomique, un jet supersonique d’atomes
de lithium ensemencé dans de l’argon. Après avoir rappelé la théorie des jets supersoniques de
gaz purs, nous présentons une extension de cette théorie au cas du mélange de deux gaz mono-
atomiques dans la limite d’une très grande dilution. Cette étude prévoit une température parallèle
terminale des atomes de lithium trois fois inférieure à celle des atomes d’argon. Une vérification
expérimentale est proposée et le chapitre se termine par une évaluation de la brillance de notre jet,
que nous comparons aux valeurs obtenues dans la littérature. L’explication de l’effet de refroidis-
sement a donné lieu à deux publications : une lettre publiée dans Physical Review A [92] et un
article plus détaillé dans le Journal of Chemical Physics [93].

Le chapitre 3 s’intéresse à la diffraction de l’onde atomique de lithium par une onde station-
naire laser. L’étude est menée dans le cadre du formalisme des états de Bloch et l’approche est
essentiellement phénoménologique : l’oscillation de Rabi est visualisée au premier ordre de dif-
fraction puis des profils de diffraction de l’onde atomique sont présentés jusqu’au quatrième ordre
de diffraction.

Le chapitre 4 présente le fonctionnement de l’interféromètre atomique de Mach - Zehnder à
trois réseaux en soulignant les analogies et différences avec son analogue optique [94]. Les signaux
expérimentaux obtenus en sortie de l’interféromètre sont ensuite présentés. Notre appareil délivre
des signaux de haute visibilité allant jusqu’à 84,5 % au premier ordre de diffraction. Des franges
d’interférence au second et au troisième ordre de diffraction ont également été observées et les
facteurs limitant la visibilité des franges atomiques dans ce type d’appareil sont présentés. Le
chapitre se termine en montrant les franges d’interférence obtenues avec l’isotope 6Li d’abondance
naturelle 7,5 % et en expliquant comment obtenir le point de maximum de sensibilité en phase de
l’appareil. L’ensemble de ces résultats est publié dans la revue European Journal of Physics D [95].

Le chapitre 5 étudie la sensibilité de l’appareil à l’application de gradients de champ magné-
tique. L’effet Zeeman étant par ailleurs très bien mesuré par les techniques de résonance magné-
tique, cette étude est un premier exemple d’utilisation de l’interféromètre en présence d’une pertur-
bation et ces premières expériences permettent de tester le bon fonctionnement de l’appareil. Les
résultats obtenus sont en bon accord avec la théorie et mettent en évidence le rôle de l’effet Zee-
man non linéaire dans l’atome de lithium, en particulier l’isotope 6Li, dont la structure hyperfine
de l’état fondamental est particulièrement petite.

Le chapitre 6 est consacré à la mesure de la polarisabilité statique électrique de l’atome de
lithium dans son état fondamental. La méthode interférométrique est particulièrement intéressante
pour mesurer la polarisabilité d’un atome car les techniques usuelles de spectroscopie ne donnent
accès qu’à la différence de deux polarisabilités. Nous avons construit un condensateur permettant
d’appliquer un champ électrique sur un seul des deux chemins atomiques et la géométrie de ce
condensateur permet de calculer analytiquement l’intégrale du carré du champ électrique appliqué.
La visibilité élevée des franges atomiques observées et l’intensité du flux de sortie permettent de
mesurer le déphasage induit par l’application du champ électrique avec une précision de 0,07 %.
L’incertitude finale sur la polarisabilité statique électrique du lithium est dominée par l’incertitude
sur la vitesse moyenne des atomes de lithium. La polarisabilité électrique du lithium est de :

αLi = (24,33±0,16)×10−30 m3 (12)

Ce premier résultat améliore la connaissance de cette grandeur physique d’un facteur trois par
rapport aux mesures les plus précises recensées dans la littérature [96]. Notre mesure est très
voisine d’une large fraction des valeurs théoriques obtenues dans divers travaux récents et permet
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déjà d’écarter certains modèles théoriques prévoyant une polarisabilité électrique de l’atome de
lithium autour de 25,1 ×10−30 m3. Ce résultat n’est guère surprenant car ces modèles théoriques
sont fondés sur des calculs de type Hartree - Fock, en négligeant les corrélations entre électrons de
l’atome. Cette mesure de la polarisabilité électrique de l’atome de lithium, que nous détaillerons
au chapitre 6, est actuellement soumise à publication [78].



Chapitre 1

Le dispositif expérimental

Ce premier chapitre est consacré à la présentation du dispositif expérimental. L’interféromètre
atomique est formé d’un jet atomique intense, de trois ondes stationnaires laser permettant de dif-
fracter l’onde atomique dans le régime de Bragg et d’un détecteur d’une grande sensibilité. L’étude
du jet atomique sera réalisée au chapitre 2. Ce chapitre débute par la présentation du système de
vide permettant la libre propagation des atomes sur toute la longueur de l’appareil. Nous nous
intéressons dans une seconde partie à l’interféromètre atomique de Mach - Zehnder en présentant
la source laser utilisée pour construire les trois ondes lasers stationnaires, par réflexion sur trois
miroirs montés sur un banc rigide disposé à l’intérieur de l’enceinte à vide. Pour observer des phé-
nomènes d’interférence, ces miroirs doivent être alignés entre eux et par rapport au jet atomique
avec une très grande précision et nous décrivons dans ce chapitre les procédures d’alignement des
miroirs sous air. L’ajustement final, effectué sous vide, sera l’objet du chapitre 4. Une troisième
partie montre des exemples de signaux délivrés par notre détecteur à fil chaud, la dernière partie du
chapitre indiquant les programmes informatiques utilisés pour l’acquisition des données au cours
de cette thèse.

1.1 Le système de vide
Lorsqu’un atome de lithium entre en collision avec un atome de gaz résiduel, il n’a pratiquement

aucune chance de contribuer au signal détecté en sortie de l’interféromètre et l’intensité du jet
atomique est ainsi atténuée. Pour observer des franges d’interférence atomique, il faut que le libre
parcours moyen ` des atomes soit très supérieur à la longueur totale du dispositif. Ce libre parcours
dépend de la densité n du gaz résiduel et de la section efficace de collision σ entre les atomes de
lithium et les atomes ou molécules du gaz résiduel :

`∼ 1/(nσ) (1.1)

Le jet atomique étant un jet supersonique d’atomes de lithium ensemencé dans de l’argon, nous
allons considérer les collisions de type lithium - argon, car l’argon doit être le constituant principal
du gaz résiduel au moins dans l’enceinte contenant le four de lithium. Pour ces collisions, la section
efficace est de la forme [97]:

σLi−Ar = 7,55[C6(Li−Ar)/(h̄v)]2/5 (1.2)

en incluant le pic vers l’avant correspondant aux grands paramètres d’impact b. Dans cette thèse,
nous utiliserons le coefficient C6(Li−Ar) = 175 u.a. publié par T. Tang et R. Certain [98].
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Des atomes animés de la vitesse v ' 1070 m/s ont une section efficace de collision σLi−Ar '
3,5× 10−18m2. Un libre parcours moyen de 10 mètres est obtenu pour une densité d’atomes n '
2,9× 1016 atomes/m3, correspondant à une pression résiduelle dans les enceintes de 1,2× 10−6

millibar à température ambiante. Décrivons le système de pompage utilisé pour y parvenir.

1.1.1 Système de pompage

Notre appareil est formé de cinq enceintes représentées sur la figure (1.1). En dehors de fuites
éventuelles, les charges de gaz présentes dans ces différentes enceintes peuvent avoir deux ori-
gines : les débits de gaz volontairement introduits (source du jet atomique, cellule de gaz pour des
mesures d’indice de réfraction), et les dégazages des parois en acier inoxydable et des joints à vide.

FIG. 1.1 – Vue d’ensemble des cinq enceintes à vide: les quatre premières enceintes utilisent des
pompes à diffusion d’huile, l’enceinte de détection est construite en technologie ultra - vide.

• La première enceinte contient la source du jet supersonique d’atomes de lithium dont nous
ferons une étude détaillée au chapitre 2. La charge de gaz due au jet atomique est de l’ordre
de quelques mbar.L.s−1 et notre système de pompage est adapté à ce débit élevé. Une pompe à
diffusion d’huile Varian V HS400 de débit nominal 8000 L.s−1 permet d’ajuster la pression d’argon
de 100 à 700 millibars. Nous adopterons pour conditions de référence une température de chauffage
du lithium de T0 = 1080 Kelvins et une pression d’argon P0 = 330 millibars, correspondant à une
pression résiduelle de quelques 10−4 millibar dans la première enceinte. Le jet atomique quitte
cette enceinte par un écorceur (diaphragme en forme de chapeau chinois) de longueur 17,0 mm
avec un trou de rayon rs = 0,48 mm, situé à zs = 20,0 mm de la buse (orifice de sortie du four).

• La seconde enceinte est utilisée pour pomper optiquement le jet atomique (chapitres 5 et 6) ou
caractériser sa distribution de vitesse (paragraphe 2.4.2). Le pompage de cette enceinte est assuré
par une pompe Varian VHS6 de vitesse nominale 2400 L.s−1 munie d’un baffle refroidi. Dans
les conditions de référence, la pression résiduelle dans l’enceinte est de 3 ×10−6 millibar. Le jet
atomique quitte cette enceinte par une fente source (F0) de largeur fixe, e0 = 20 micromètres.
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• La troisième enceinte est utilisée pour collimater le jet atomique. La charge de gaz présente
dans l’enceinte est dominée par les dégazages des parois et des joints à vide, que nous évaluons à
quelques 10−5 mbar.L.s−1 [99]. Une pompe Edwards160-700, munie d’un baffle interne, de vitesse
700 L.s−1, permet d’assurer une pression résiduelle en dessous de 5 ×10−7 millibar, pratiquement
indépendante de la présence du jet atomique. Le jet atomique quitte l’enceinte de collimation par
une fente (F1) de largeur réglable (en général e1 = 12 µm).

• La quatrième enceinte est la chambre de l’interféromètre. Le pompage est assuré par deux
pompes secondaires Varian VHS1200, munies de baffles pour limiter les risques de rétrodiffusion
d’huile sur les miroirs utilisés pour construire les ondes lasers stationnaires. Dans cette enceinte,
comme dans la précédente, l’huile de pompe est une huile de faible pression de vapeur saturante,
Santovac 5, qui conduit à une pression résiduelle de 4 ×10−7 millibar. Le jet atomique quitte la
chambre de l’interféromètre à travers un trou de diamètre 3 millimètres, situé juste avant une vanne
ultra-vide, qui permet d’isoler le détecteur.

• La cinquième enceinte, ou enceinte de détection est construite en technologie ultra - vide afin
de réduire les signaux parasites sur le détecteur. Par rapport au montage avant juillet 2001, le vide
limite a été amélioré en remplaçant une petite pompe turbomoléculaire munie d’une bride à joint
élastomère par une pompe turbomoléculaire Varian V300 à bride UHV et de plus fort débit (300
L.s−1 au lieu de 60 L.s−1). La pression résiduelle dans l’enceinte est maintenant de quelques 10−9

millibar lorsque la vanne est fermée, et de 2×10−8 millibar vanne ouverte.

Le tableau (1.1) rassemble les caractéristiques principales du système de pompage secondaire
pour chaque enceinte. Tous nos baffles sont refroidis par la circulation d’un mélange eau - éthy-
lène glycol de température voisine de 5 ◦C. Le pompage primaire des enceintes est assuré par
trois pompes primaires. Une pompe primaire à palettes à deux étages, Leybold D65B de débit
65 m3.h−1, est consacrée au pompage de l’enceinte du four dont la charge de gaz est élevée. Les
autres pompes à diffusion d’huile sont connectées à une pompe primaire commune identique à
celle utilisée pour le four. A la sortie de chaque pompe primaire, une vanne à vide à commande
électro-pneumatique permet d’isoler les pompes secondaires des pompes primaires. L’enceinte du
détecteur, dans laquelle doit régner un vide poussé et propre, utilise sa propre pompe primaire Al-
catel de débit 18 m3.h−1 et un piège à zéolithes est disposé sur la conduite menant de la pompe
primaire à la pompe turbo-moléculaire. Afin de réduire les vibrations, les trois pompes primaires
sont situées dans une pièce séparée. Quant aux vibrations mécaniques dues aux pompes à dif-
fusion d’huile, elles nous semblent négligeables par rapport aux autres sources de vibration (Cf.
paragraphe (1.2.2)).

TAB. 1.1 – Principales caractéristiques du pompage secondaire pour chaque enceinte.

Enceinte Modèle Vitesse (L/s) Huile utilisée Pression résiduelle (mbar)
1 VHS400 6000 DC704 5 ×10−4

2 VHS6 1200 DC704 3 ×10−6

3 Ed160-700 700 Santovac 5 4 ×10−7

4 VHS1200 1000 Santovac 5 4 ×10−7

VHS1200 1000 Santovac 5
5 V300 300 × 2 ×10−8
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1.1.2 Difficultés rencontrées
En juillet 2001, une fuite d’eau sous vide s’est produite dans l’enceinte du four, ce qui a en-

dommagé la totalité du dispositif. A mon arrivée en thèse, en septembre 2001, mon premier travail
a consisté à reconstruire l’interféromètre dans sa totalité. L’obtention d’un montage de vide fiable
a nécessité beaucoup de temps et d’énergie car nous nous sommes heurtés à des difficultés nom-
breuses et variées, liées à des problèmes de matériel.
− Nous avons constaté que les jauges de vide secondaire de marque Varian donnaient des indi-

cations erronées d’un facteur souvent supérieur à 10. Ce manque de fiabilité s’est souvent accom-
pagné de délais anormaux de réparation, lorsque la jauge n’était pas déjà cassée dès sa livraison...
Actuellement, le montage fonctionne de manière satisfaisante avec des jauges de marque Leybold.
− Les trois miroirs de la chambre de l’interféromètre ont été recouverts d’huile suite à une cou-

pure accidentelle de l’alimentation en air comprimé, qui a conduit à la fermeture des trois vannes
pneumatiques des trois lignes de vide primaire. Cet accident survenu en juin 2003 a encore retardé
la mise au point de l’appareil. En particulier, nous avons dû reprendre les procédures d’alignement
de l’interféromètre depuis le début (Cf. paragraphe (1.2.3)). Suite à cet incident, nous avons ins-
tallé un préssostat qui se déclenche dès que la pression d’air comprimé devient inférieure à 4 bars,
une bouteille d’azote industriel servant alors d’alimentation relais.
− Nous avons effectué de nombreuses améliorations dans le dispositif en installant beaucoup

de nouveau matériel : trois nouvelles pompes primaires, de nouveaux débits-mètres et un écorceur
de la firme Beam Dynamics. Le refroidissement des différents baffles s’effectue maintenant grâce
à un générateur de liquide froid de marque Vulcanic. La mise en place de ce nouvel appareil a
nécessité plusieurs mois : de conception très différente de l’ancien, ce générateur exige un débit de
circulation élevé, que notre système ne permettait pas d’obtenir sans modifications. Enfin, la pompe
V HS1200 de la seconde enceinte a été remplacée en 2004 car nous avons constaté l’apparition de
fuites d’eau dans les circuits de refroidissement formés de tuyaux de cuivre.

Fluctuations du jet atomique de lithium

Nous avons constaté une instabilité anormale de l’intensité du jet atomique de lithium, durant
de nombreux mois (janvier 2002 - mars 2003), avec des fluctuations d’intensité allant de 10 à 20
%. De telles variations sans structure apparente de l’intensité du jet atomique se sont révélées très
fortement handicapantes car elles ont empêché d’effectuer les réglages qui sont nécessaires à l’ob-
tention des franges d’interférence atomique. Nous avons recherché l’origine de ces fluctuations de
manière systématique. La piste la plus naturelle consiste à considérer que les fluctuations d’inten-
sité prennent naissance dans le four de lithium, formé d’un jet supersonique d’atomes de lithium.
Nous avons construit un jet effusif d’atomes de lithium, que nous avons introduit dans l’enceinte
de collimation, seul endroit disponible pour effectuer ce type d’expérience. Les fluctuations d’in-
tensité du jet atomique persistant, nous avons estimé que celles-ci provenaient de notre système
de détection des atomes, en l’occurence un détecteur à fil chaud. Nous avons recherché en vain
des fluctuations éventuelles des différents potentiels électrostatiques utilisés pour focaliser les ions
lithium vers la chaîne de comptage. Les fluctuations d’intensité se sont également révélées indé-
pendantes des paramètres de la chaîne de comptage, comme le seuil de comptage des impulsions
ou les différents temps morts des appareils ou du programme d’acquisition.

L’interprétation de ces expériences "tests" est venue tardivement, en mars 2003, lorsque nous fi-
nîmes par être convaincus que ni la source ni le détecteur n’étaient à l’origine des fluctuations d’in-
tensité observées. Sur la figure (1.2), on constate que les fluctuations d’intensité du jet atomique
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FIG. 1.2 – Fluctuations d’intensité du jet atomique. La pompe secondaire de l’enceinte de colli-
mation est chauffée dans les zones 1, 3 et 5, son chauffage est éteint dans les zones 2 et 4, alors
que le vide reste bon pendant plusieurs minutes.

disparaissent quelques minutes après l’extinction du chauffage de la pompe secondaire située dans
la chambre de collimation. Ainsi l’expérience test menée à partir d’un jet effusif situé dans la
chambre de collimation (seul endroit disponible) ne supprimait pas les fluctuations observées sur
le jet. Suite à l’accident survenu en juillet 2001, cette pompe secondaire, à l’époque une pompe
Alcatel Crystal, avait été abîmée et une pièce de centrage avait été remplacée. Cette réparation,
effectuée en mon absence en juillet 2001, s’est en fait révélée inadaptée. Il est vraisemblable que
la pompe émettait des bouffées d’huile introduisant des fluctuations dans la pression résiduelle de
l’enceinte. Ces fluctuations de pression s’effectuaient autour d’une valeur moyenne assez basse de
l’ordre de quelques 10−7 millibar et n’étaient pas visibles sur la jauge secondaire de l’enceinte de
collimation, ce qui nous a longtemps induits en erreur. En traversant l’enceinte de collimation, le
jet atomique était plus ou moins atténué par collision sur ce gaz résiduel de densité fluctuante, ce
qui provoquait des fluctuations de son intensité.

Vitesse de la pompe Varian VHS400

Des mesures de vitesse de la pompe secondaire située dans l’enceinte du four ont donné des
résultats de l’ordre de 3000 L.s−1, bien inférieurs à la valeur nominale de 8000 L.s−1. Cette pompe,
très ancienne, possédait une chaufferrette déformée ce qui rendait le chauffage de la pompe peu
uniforme et insuffisant en son centre notamment, zone de la pompe qui fournit la vapeur d’huile
pour l’étage qui a la plus grande vitesse de pompage. Nous avons remplacé les chaufferettes par
des modèles de puissance plus élevée (4,8 kW) et utilisé une huile de pompe adpatée à la présence
d’alcalins (Dow Corning 704). La figure (1.3) présente les performances actuelles de la pompe.

Le décrochage de la pompe secondaire se produit maintenant pour un débit de 10 mbar.L.s−1.
Pour des débits plus faibles, la pompe fonctionne avec une vitesse pratiquement constante, d’en-
viron 6000 L.s−1. Ces mesures ont été réalisées à température ambiante en notant pour différents
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FIG. 1.3 – Vitesse de la pompe secondaire VHS400 (triangles) et pression dans l’enceinte du four
(points) pour différents débits d’argon.

débits d’argon la pression dans l’enceinte du four pour en déduire la vitesse de la pompe secon-
daire. Pour les faibles débits d’argon, l’augmentation apparente de la vitesse de la pompe est due à
la méthode de calcul du débit d’argon : le débit réel est inférieur à la valeur calculée car l’effet de
couche limite réduit le diamètre effectif de la buse et le débit n’est plus proportionnel à la pression
dans le four.

1.2 L’interféromètre atomique

L’interféromètre atomique de Mach - Zehnder est formé à partir de trois ondes stationnaires
laser qui se comportent comme des réseaux de phase. Chaque onde stationnaire est obtenue par
réflexion d’une source laser sur un miroir de diamètre 25 millimètres. Dans ce paragraphe, nous
décrivons la source laser permettant la diffraction de l’onde atomique, en insistant sur les modifi-
cations apportées au dispositif pour obtenir davantage de puissance et de stabilité, ce qui est très
intéressant pour effectuer une mesure de précision. Après une brève présentation du support rigide
sur lequel reposent les miroirs, nous détaillons les différentes procédures d’alignement, notamment
la procédure d’alignement des miroirs sous air, préalable nécessaire à l’observation de phénomènes
de diffraction et d’interférence atomique.

1.2.1 La source laser

Nous utilisons un laser à colorant du modèle développé par F. Biraben [100] pompé par un laser
à argon ionisé à 515 nanomètres de marque Spectra-Physics (BeamLokTM 2080). Jusqu’en 2001,
le colorant utilisé était du D.C.M. en solution dans du propylène carbonate [101]. Le choix d’un
colorant différent, du LD688 de marque Exciton, en solution dans l’E.P.H. (monophényléther), a
permis d’améliorer la puissance obtenue en sortie de la cavité laser. Actuellement, après traver-
sée d’un isolateur optique à deux étages, nous obtenons régulièrement plus de 400 milliwatts de
puissance laser à partir d’un faisceau pompe de puissance 5 Watts.
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Une partie du faisceau laser est prélevée pour mesurer la fréquence de l’onde laser grâce à un
lambdamètre disponible au laboratoire. Grâce à un asservissement en cavité externe utilisant la
technique de Hänsch - Couillaud [102], la largeur de la raie laser est de l’ordre de 1 MHz. L’as-
servissement en fréquence possède une autonomie de une à deux heures entre sauts de fréquence
limitée par des dérives thermiques ou par la présence de bulles d’air dans le colorant. Depuis l’été
2003, un dispositif permet de maintenir la température du colorant autour de 17 ◦C (le point de
fusion de l’E.P.H. se situe à 12 ◦C). La présence de bulles d’air dans le colorant est limitée par
le choix d’un filtre adapté au solvant choisi. Nous avons essayé plusieurs filtres commercialisés
par la société Enoyl Filtration. Les filtres livrés à l’été 2003 se sont révélés inutilisables car ils
se dissolvaient lentement dans l’E.P.H. et il a fallu nettoyer à plusieurs reprises la totalité de la
circulation, de fines particules provenant du filtre s’étant infiltrées dans la circulation. Cet incident
a immobilisé le laser pendant quatre mois (automne 2003 - février 2004).

L’optique pour la construction des ondes stationnaires laser

Les trois ondes stationnaires laser sont formées par réflexion de l’onde laser sur trois miroirs
(M1), (M2) et (M3) possédent un traitement multi-diélectrique qui leur donne un coefficient de
réflexion supérieur à 0,999 à la longueur d’onde de 671 nanomètres. Le faisceau laser pénètre dans
l’enceinte à vide par des hublots de diamètre 25 mm, très parallèles (quelques secondes d’arc) et
possédant un bon traitement anti - reflet de manière à éviter les faisceaux parasites.

La figure (1.4) représente le montage utilisé pour répartir la puissance du laser entre les trois
miroirs de l’interféromètre. Un télescope, formé de deux lentilles convergentes traitées anti-reflet
à 671 nanomètres, permet de grossir la taille du faisceau laser d’un facteur 2 ou 5, selon le jeu de
lentilles utilisé (focales de 50, 100 et 250 millimètres).

FIG. 1.4 – Schéma de l’optique actuellement utilisée pour la construction des ondes stationnaires
laser. L’iris permet de choisir la taille du faisceau laser.
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Dans un premier montage, la puissance P du laser est répartie entre les trois miroirs en utilisant
deux lames séparatrices de transmission nominale 50 % sous incidence de 45 ◦. Quand on travaille
avec le premier ordre de diffraction atomique, la répartition de puissance optimale est P/2 sur
le miroir à atomes et P/4 sur les deux séparatrices. En pratique, la transmission réelle des lames
séparatrices diffère de 50 % (réflexion de 45%, transmission de 55 %) et la répartition de puissance
est optimale lorsque les deux lames séparatrices s’écartent de l’incidence de 45 ◦. Pour les ordres
de diffraction plus élevés, la répartition de puissance laser entre les trois miroirs diffère de celle
utilisée au premier ordre de diffraction (chapitres 3 et 4).

Dans un second montage construit au printemps 2004, la répartition de la puissance laser est
réalisée à partir de deux atténuateurs de faisceau à 671 nanomètres, formés par association d’une
lame demi-onde et d’un cube polariseur. La plupart des résultats expérimentaux de cette thèse ont
été enregistrés dans cette configuration représentée sur la figure (1.4): franges atomiques (chapitre
4), sensibilité de l’interféromètre aux champs magnétiques (chapitre 5), mesure de la polarisabilité
de l’atome de lithium (chapitre 6). Seule l’optimisation de la sensibilité en phase de l’interféro-
mètre (paragraphe 4.3) a été réalisée à partir du premier montage et nous n’avons pas noté de
différences entre ces deux configurations.

Caractéristiques de l’onde laser

Un profil transverse du faisceau laser peut être enregistré en déplaçant une photodiode grâce
à une translation Micro-contrôle de course 25 millimètres pilotée à l’aide d’un moteur pas à pas.
La photodiode mesure le flux lumineux I après traversée d’une fente de largeur 40 micromètres et
l’enregistrement cesse dès que l’équipage mobile atteint l’une des butées placées en début ou en fin
de course. La figure (1.5) montre un exemple de profil transverse obtenu à la sortie d’un télescope
de grossissement G = 5. Nous déduisons la valeur w0 du "waist" du faisceau laser de l’ajustement
des points expérimentaux selon une loi Gaussienne de la forme I = I0 exp[−2ρ2/w2

0], ρ désignant
la coordonnée cylindrique dans la direction transverse de l’onde laser (w0 = 5,4±0,1 mm).

0 2 4 6 8 10 12 14 16 18
0,0

0,5

1,0

1,5

2,0

2,5

3,0

Intensité I (u.a.)

Position (mm)

FIG. 1.5 – Caractérisation de l’onde laser à la sortie du télescope. Un profil d’intensité transverse
permet de mesurer le waist du faisceau laser à partir d’un fit Gaussien des points expérimentaux.
Sur l’exemple de la figure, G = 5 et w0 = 5,4±0,1 mm.
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Le rayon de courbure des fronts du laser peut être mesuré à partir d’un interféromètre utilisant
une lame étalon. Le principe de la mesure est décrit sur la figure (1.6) (partie A). Deux fronts
d’ondes réfléchis par la lame interfèrent et la mesure de l’interfrange i donne accès au rayon de
courbure R des fronts d’onde :

R = i δh/λ (1.3)

où l’écartement δh des fronts d’onde, défini sur la figure (1.6), dépend de l’angle d’incidence
θ et des caractéristiques de la lame étalon d’épaisseur e = 20,0 millimètres et d’indice optique
n = 1,515 (BK7) de planéité λ/10. Des calculs d’optique géométrique montrent que δh est donné
par la relation :

δh =
e
n

(
sin(2θ)

cos(arcsin(sin(θ)/n)

)
(1.4)

Nous enregistrons la figure d’interférence en réalisant un profil transverse de l’onde laser dans la
zone d’interférence à l’aide du dispositif décrit ci-dessus (Figure (1.6) (partie B)). A 671 nano-
mètres, pour un angle d’incidence θ = 20 ◦, nous mesurons i = 1,2 millimètres et calculons δh =
8,7 millimètres. L’ordre de grandeur du rayon de courbure des fronts d’onde du laser à colorant est
donc de 16 mètres, fonction du réglage du télescope (ici, G = 5).

x

R

q

q

Lame étalon

dh
Z

Partie A
-10 -8 -6 -4 -2 0 2 4 6 8 10

0.0

0.4

0.8

1.2

1.6

2.0

 

 

Position (mm)

Signal photodiode (u.a.)

Partie B

FIG. 1.6 – Principe de la mesure du rayon de courbure de l’onde laser. Le rayon de courbure des
fronts d’onde est déduit de l’interférence de deux fronts d’ondes réfléchis par une lame étalon de
planéité λ/10 (partie A), et l’interfrange est mesuré en réalisant un profil transverse du laser dans
la zone d’interférence à l’aide du dispositif précédent (partie B).

1.2.2 Le banc de l’interféromètre
Dans un interféromètre de Mach - Zehnder à trois réseaux, le signal de sortie est de la forme :

I = I0 [1+V cos(φ0)] (1.5)

La phase φ0, utilisée pour balayer les franges atomiques de visibilité V , s’exprime en fonction de
la position xi (i = 1-3) des trois miroirs dans la direction x des trois ondes laser (chapitre 4) :

φ0 =
2pπ

a
(x1−2x2 + x3) (1.6)
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a = λL/2 désignant le pas du réseau diffractant. Cette propriété rend l’interféromètre très sensible
aux vibrations environnantes et au bruit sismique ambiant. En l’absence de dispositif de contrôle
de la position relative des miroirs, la phase φ0 prend un caractère aléatoire et les franges atomiques
sont brouillées.

Dans les interféromètres atomiques construits par D. Pritchard [22] et S.A. Lee [53], le contrôle
des vibrations nécessite l’utilisation d’asservissements. Dans notre montage, le rôle des vibrations
est minimisé en montant les trois miroirs sur une structure rigide, appelé banc de l’interféromètre,
schématisée sur la figure (1.7). Le banc de l’interféromètre est construit à partir d’un matériau
choisi pour sa rigidité, le dural, alliage d’aluminium de densité ρ = 2790 kg/m3 et de module
d’élasticité E = 70 GPa, qui conduit à un banc assez massif (M = 56,5 kg). Le rapport E/ρ est
sensiblement le même dans le cas de l’acier. Toutefois, l’acier est de densité plus élevée, et il est
oxydable, ce qui aurait nuit à la propreté du montage, et ferromagnétique, ce qui perturbe le champ
magnétique vu par les atomes (chapitre 5). Le choix du dural par rapport à l’acier s’est donc imposé
pour toutes ces raisons.

B A N C

DN 100 DN 100

DN 250

Réseau optique

Onde laser
Vis PTP

Miroir traité à 671 nm

y

X

Coupe AA

FIG. 1.7 – Schéma du banc avec les trois miroirs servant à la réalisation des ondes stationnaires
laser. Dans la vue en perspective, on a volontairement exagéré la séparation des deux chemins
atomiques pour améliorer la visibilité du dessin. Les distances sont exprimées en millimètres.

La structure est formée de deux parties rigides assemblées mécaniquement : la partie inférieure
assure la rigidité de l’ensemble, tandis que la partie supérieure est utilisée pour fixer les miroirs
formant les ondes stationnaires. Le banc repose sur l’enceinte à vide en trois points de fixation
situés aux extrémités. En ces points, les vibrations sont amorties à l’aide d’un support en caou-
tchouc d’axe vertical, utilisé dans l’industrie pour positionner les machines outils (modèle SC01,
entreprise Paulstra). Chacun des miroirs peut être orienté sous air à l’aide d’un point-trait-plan à
base de vis micrométriques, et sous vide par l’intermédiaire de cales piézo-électriques avec une
course de±300 microradians. De plus, le miroir (M3) est porté par un support Physik - Instrument
S310-10 de course 5 micromètres formé de trois cales piézoélectriques montées en parallèle et de
sensibilité accordée. Ce support, qui permet de translater le miroir (M3) selon l’axe x, sera utilisé
pour balayer les franges d’interférence.

Nous évaluons les fluctuations de la position relative des trois miroirs à partir d’un interféro-
mètre optique de Mach - Zehnder à trois réseaux. Le fonctionnement de cet interféromètre est
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décrit dans un article de vulgarisation que j’ai rédigé en 2002 [94]. Ce fonctionnement sera dé-
taillé au chapitre 4 pour faciliter l’utilisation de son analogue atomique. La figure (1.7) (coupe
AA) montre que les réseaux de l’interféromètre optique sont directement liés aux miroirs utilisés
pour l’interféromètre atomique. Les fluctuations de position des trois miroirs sont évaluées au point
où l’appareil est le plus sensible, c’est à dire pour φ0 '±π/2 (modulo π). En mesurant le bruit du
signal de sortie, nous avons estimé que le contrôle de la position relative des miroirs s’effectue à
3 nanomètres rms, soit encore λL/200 (λL ' 671 nm). Grâce à l’utilisation de ce banc, l’influence
des vibrations au premier ordre de diffraction semble complètement négligeable, ce qui évite l’uti-
lisation d’asservissements. Ces vibrations peuvent toutefois s’avérer plus critiques lorsque le pas
du réseau sera de l’ordre de la centaine de nanomètres, c’est à dire pour p > 2.

Nous mesurons la température du banc de l’interféromètre à l’aide d’une sonde à résistance de
platine. Grâce à un pont de Wheatstone formé de résistances stables en température, nous mesurons
la température du banc à 10−2 Kelvins près. Nous montrerons les résultats de cette mesure dans le
chapitre 6, consacré à la mesure de la polarisabilité électrique du lithium.

1.2.3 Procédures d’alignement
Pour observer la diffraction dans le régime de Bragg, chacun des miroirs doit être aligné par

rapport au jet atomique à quelques dizaines de microradians.

Mise en place des différents éléments

Une fois la buse du four franchie, le jet atomique doit parvenir jusqu’au détecteur à fil chaud si-
tué à 3,4 mètres plus loin avec un minimum d’atténuation, en traversant successivement l’écorceur,
la fente source (F0), la fente de collimation (F1), la fente diffractante (FD), et le trou de diamètre 3
mm situé avant la chambre de détection.

M1 M2 M3

3 mm

FIG. 1.8 – Les différents éléments rencontrés par le jet atomique: écorceur, fentes de collimation
(F0) et (F1), fente de détection (FD), trou de diamètre 3 mm.

Pour chaque élément, nous détaillons la procédure de réglage et les précautions à respecter:
• Un seul chargement du four est utilisé pour réaliser la totalité de la procédure d’alignement.
• L’écorceur et le trou de diamètre 3 mm, seuls éléments fixés au centre de leur flasque respectif,

déterminent l’axe du jet atomique dans la direction verticale y. Nous matérialisons cet axe à l’aide
d’un laser He-Ne en superposant le centre de la figure de diffraction de l’écorceur sur le trou de
diamètre 3 millimètres.
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• Nous affinons notre définition de l’axe du jet atomique en installant la fente de détection (FD),
que nous rendons verticale en utilisant la figure de diffraction créée par le laser He-Ne. La vertica-
lité des fentes (F0) et (F1) est ajustée à quelques milliradians près en utilisant un fil à plomb pour
des questions d’accessibilité. Il est possible de montrer que l’erreur commise sur la verticalité des
fentes se traduit par un élargissement négligeable des ailes du jet atomique. Si hi désigne la hauteur
utile de la fente (Fi), une erreur d’un angle ε sur la verticalité se traduit par un élargissement des
ailes de l’ordre εhi, alors que la largeur totale à mi-hauteur du jet atomique reste inchangée. Le cal-
cul de hi conduit à 1,3 mm pour (F0), 1,8 mm pour (F1) et 2,9 mm pour (FD), soit un élargissement
des ailes du jet atomique de l’ordre de 1 à 3 µm par milliradian, vraisemblablement négligeable
pour chacune des fentes. La largeur de la fente (F0) est fixée (e0 = 20 µm), contrairement aux
deux autres fentes, dont la largeur est ajustable sous vide dans la gamme 0 - 200 µm à l’aide de
contrôleurs piézoélectriques de marque Piezosystem Jena. En général nous travaillerons avec e1 =
12 µm et eD = 50 µm. Chacune de ces fentes est construite dans un matériau amagnétique car il
est très important de ne pas perturber la trajectoire des atomes. Un matériau magnétique induirait
un champ magnétique inhomogène dans l’ouverture de la fente, et ce champ pourrait élargir le jet
atomique par effet Stern et Gerlach.

Alignement des réseaux de l’interféromètre

Pour construire un interféromètre fonctionnant par diffraction de l’onde atomique jusqu’à l’ordre
3, la précision visée est seulement de quelques microradians. En effet, au premier ordre de diffrac-
tion, l’angle de Bragg est de 80 microradians, et la course disponible sous vide est de ± 300
microradians. La procédure commence par l’alignement des réseaux de l’interféromètre optique
[94], pour lesquels une précision de l’ordre du milliradian permet d’observer des franges optiques
de très bonne visibilité, jusqu’à 98 %.

L’alignement des réseaux de l’interféromètre atomique, beaucoup plus critique (quelques mi-
croradians), nécessite des appareils de mesure d’assez grande sensibilité. Grâce à la gravité ter-
restre, la surface d’un liquide visqueux (de l’huile de pompe à diffusion par exemple) consitue une
surface horizontale de référence. La normale à cette surface fournit un axe de référence vertical.
Nous transformons cet axe en référence horizontale à l’aide d’un pentaprisme, système optique qui
renvoie la lumière dans une direction perpendiculaire à sa direction incidente. Cette propriété n’est
vérifiée que lorsque le faisceau incident est lui-même perpendiculaire à l’arête du pentaprisme.
Pour cette raison, le pentaprisme repose maintenant sur un point-trait-plan (PTP), construit au la-
boratoire, dont nous réglons l’horizontalité à quelques microradians près à l’aide d’un niveau à
bulles de précision 20 microradians, de marque Mitutoyo. Nous contrôlons la précision de nos ré-
glages angulaires à l’aide d’une lunette autocollimatrice de résolution 30 microradians de marque
Trioptics, avec une lentille objectif de focale 30 centimètres. Faute d’équipements de mesure très
performants et très coûteux, comme des lunettes autocollimatrices électriques avec des sensibilités
bien inférieures au microradian, nous avons dû faire preuve de beaucoup d’ardeur et d’astuces pour
réaliser ces alignements.

Ajustement de la rotation des miroirs autour de l’axe z (verticalité des miroirs) La partie
A de la figure (1.9) schématise le dispositif utilisé. A l’aide d’un miroir auxiliaire (Maux), on réa-
lise l’autocollimation du faisceau émergeant de la lunette autocollimatrice sur la face avant d’un
pentaprisme. Le faisceau émergeant du miroir auxiliaire (Maux) sert de référence horizontale pour
régler la verticalité du miroir (Mi)(i = 1−3) lorsque l’autocollimation est réalisée simultanément
sur la face avant du pentaprisme et pour la réflexion du faisceau à la surface d’un liquide visqueux.



1.3. DÉTECTION DES ATOMES DE LITHIUM 13

La verticalité du miroir (Mi) est alors ajustée en agissant sur la vis du point-trait-plan provoquant
la rotation du miroir autour de l’axe z.

Ajustement de la rotation des miroirs autour de l’axe y A l’aide du pentaprisme, nous ali-
gnons le miroir (M3) avec l’axe du jet atomique matérialisé par le laser He-Ne. La précision du
réglage est obtenue en superposant le faisceau réfléchi sur la face avant du pentaprisme et sa ré-
flexion sur le miroir (M3) (observation d’anneaux d’égale inclinaison). Enfin, nous optimisons
l’intensité du faisceau réfléchi en intercalant une photodiode sur le trajet retour du faisceau laser.
Le réglage de latéralité est ensuite reporté en suivant le schéma exposé sur la partie B de la fi-
gure (1.9). L’arête du pentaprisme étant rendue verticale à l’aide du support point-trait-plan (PTP),
nous récupérons l’axe du jet atomique à l’aide de deux miroirs auxiliaires (Maux,1) et (Maux,2).
Nous reportons ce réglage de latéralité sur le miroir (M2) puis sur le miroir (M1) en utilisant le
pentaprisme.

Liquide visqueux

Pentaprisme

Vue de dessus

Vue de gauche

Autocollimateur
(Maux)

P
T
P

(M )

Partie A

FIG. 1.9 – Principe du réglage de la rotation des miroirs autour de l’axe z du jet atomique (partie
A), et du report de l’alignement du miroir (M3) avec le jet atomique sur les miroirs (M1) et (M2)
(partie B).

1.3 Détection des atomes de lithium
Nous détectons les atomes de lithium à partir d’un détecteur de Langmuir - Taylor ou détecteur à

fil chaud, dont le fonctionnement est détaillé dans l’article [91] publié par notre équipe en 2002 en
collaboration avec J.P. Gauyacq et H.J. Loesch. Ce détecteur est caractérisé par un bruit assez faible
et une probabilité de détection pratiquement indépendante de la vitesse des atomes. Un détecteur
à fluorescence induite par laser, dont l’efficacité diminue notablement quand la vitesse des atomes
augmente, est peu adapté à la détection d’atomes thermiques.

1.3.1 Principe
Le détecteur est basé sur l’ionisation des atomes de lithium de potentiel d’ionisation I = 5,392

eV [103, p. E64] à la surface d’un ruban de rhénium, métal réfractaire dont le travail de sortie W =
4,96 eV [104, 105] augmente très substantiellement par oxydation. La probabilité d’ionisation est
donnée par la loi de Saha - Langmuir [91]. Les ions émis par le ruban de rhénium sont focalisés vers
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l’entrée d’un channeltron par une optique ionique formée d’une plaque répulsive et d’une lentille
électrostatique. Les impulsions en sortie du channeltron, de durée moyenne 20 ns, sont amplifiées
puis comptées (Stanford Research 400). L’efficacité totale du détecteur, que nous estimons à 30 %,
inclut l’efficacité d’ionisation, de collection et de comptage des ions. Elle varie avec l’oxydation et
la température du ruban de rhénium. En sortie du détecteur, le signal atomique s’exprime en coups
durant la période choisie pour le comptage. Nous exprimerons souvent les signaux en coups par
seconde (c/s), c’est à dire en atomes détectés par seconde, en précisant la période de comptage.

1.3.2 Temps de réponse du détecteur

Dans un détecteur de Langmuir - Taylor, le temps de réponse est fixé par le temps de rési-
dence de l’ion à la surface du métal, qui dépend de l’énergie d’adsorption de l’ion Eads et de la
température T du métal :

τ = τ0 exp
(

Eads

kBT

)
(1.7)

où τ0 est très proche de la période de vibration de l’ion au voisinage de la surface (τ0 ∼ 10−13

s). Dans le cas de la détection d’atomes de lithium sur un ruban de rhénium, les valeurs de τ0 et
Eads données dans la littérature sont incohérentes [106, 107]. Toutefois, les mesures faites par H.J.
Loesch s’interprètent bien pour τ = 4× 10−14 exp(34250/T (K)), c’est à dire Eads = 2,95 eV. Le
temps de résidence de l’ion lithium à la surface du ruban est donc voisin de la centaine de micro-
secondes lorsque la température du fil est de 1600 K. Nous portons le ruban de rhénium à cette
température en faisant circuler un courant électrique à travers le ruban. On pourrait diminuer le
temps de résidence de l’ion en chauffant davantage le fil, mais ce serait au détriment de l’efficacité
de détection à cause de l’oxydation réduite. A 1600 K, le temps de résidence de l’ion à la surface
du métal est suffisant pour assurer l’équilibre thermodynamique avec la surface et le processus de
détection est pratiquement indépendant de l’énergie cinétique des atomes incidents (lorsque celle -
ci est faible devant l’énergie d’adsorption) car les atomes se thermalisent sur la surface. Le passage
d’un courant électrique dans le ruban de rhénium rend le fil très cassant, ce qui limite sa durée
de vie. Toutefois, le même détecteur à fil chaud a été utilisé pour acquérir la totalité des résultats
expérimentaux obtenus dans cette thèse.

1.3.3 Analyse des signaux détectés

Dans les conditions d’utilisation, notre détecteur fonctionne avec un signal de fond d’environ 2
000 coups/seconde. Ce signal est le résultat de trois contributions :

• Les molécules du gaz résiduel dont le potentiel d’ionisation est inférieur à 9 eV peuvent
s’ioniser à la surface du ruban de rhénium.

• Le ruban de rhénium contient quelques ppm d’atomes alcalins, du potassium notamment, qui
diffusent vers la surface du ruban de rhénium, où ils sont ionisés. La quantité de potassium est
réduite par un chauffage d’au moins 100 heures, ce qui permet de travailler avec un signal parasite
raisonnable, à condition de ne pas trop chauffer le fil.

• Le fil est oxydé et des molécules d’oxyde de rhénium s’évaporent, une fraction indéterminée
d’entre elles étant ionisée. Si on augmente la pression d’oxygène, ce signal parasite croît très vite
et la statistique associée au bruit de fond est fortement sur - Poissonienne [101].
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La figure (1.10) montre un exemple de signal de fond, enregistré avec une période de comp-
tage de 0,1 seconde. L’étude statistique du signal de fond fait apparaître une loi légèrement sur-
Poissonienne. Sur l’exemple de la figure, la valeur moyenne du signal est N = 224,6 coups et
l’écart-type est σ = 20,9 coups soit 1,4 ×

√
N. L’histogramme garde une allure Gaussienne.
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FIG. 1.10 – Analyse statistique du signal de fond : le graphe de gauche donne un exemple de
signal de fond, l’histogramme associé est représenté à droite.

Dans les conditions usuelles de travail, notre jet collimaté fournit un signal de 80 000 coups/s,
en incluant le signal de fond. La figure (1.11) montre le signal total (atomes de lithium + signal
de fond) enregistré quelques secondes après l’enregistrement du signal de fond ci-dessus, avec une
période de comptage de 0,1 seconde. La valeur moyenne du signal total est N = 8197,5 coups et σ
= 127,2 coups soit 1,4 ×

√
N. Le signal total est donc légèrement sur - Poissonien.
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FIG. 1.11 – Analyse statistique du signal total (atomes de lithium + signal de fond) : le graphe de
gauche donne un exemple du signal total, l’histogramme associé est représenté à droite.

L’efficacité de détection étant voisine de 30 %, à un signal de 80000 coups/s correspond un
flux de 2,6 ×105 atomes/s. Le temps de résidence d’un ion à la surface du fil étant de l’ordre de
100 microsecondes, environ 25 atomes sont en permanence présents sur le fil. Ces atomes sont
répartis sur une surface S = 0,15 mm2 définie par la largeur de la fente de détection (eD = 50 µm)
et le trou de diamètre 3 millimètres. A l’intérieur de cette surface, un grand nombre de surfaces
de micro - cristaux sont présentes, et les probabilités d’ionisation de deux atomes situés sur des
surfaces de micro - cristaux différentes sont décorrélées. Il semble possible que ces fluctuations sur
- Poissoniennes soient dues à des fluctuations d’intensité du jet supersonique (dues par exemple à
des irrégularités de l’écoulement du gaz dans le four).
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1.4 Informatique d’acquisition
L’acquistion informatique des signaux détectés est effectuée sous l’environnement Windows

95 à partir du logiciel Labview 5.0 à partir d’une interface de type G.P.I.B. entre le compteur
d’impulsion Stanford Research et l’ordinateur. La figure (1.12) présente l’alogrithme utilisé au
chapitre 6 lors de la mesure de polarisabilité du lithium.

Boucle 1 - Tension appliquée sur l’un des chemins atomiques
Point Bas       Point Haut       Vitesse de balayage 

Boucle 2 - Balayage des franges atomiques (dent de scie) 
Point Bas      Point Haut       Vitesse de balayage 

Entrée des données 

Applique une tension sur l’un des deux chemins atomiques 

Attend 3s pour stabiliser l’alimentation H.T. 

Lecture de la tension sur le HP 

Applique une tension

sur la cale de translation du miroir (M3)

Comptage des impulsions 

Stockage des données lues 

(Interféromètre atomique et optique, Puissance du laser,

Tensions sur les cales, Pression d’argon, Température du banc) 

 Boucle 2 

Boucle 1 

FIG. 1.12 – Algorithme utilisé au chapitre 6 pour mesurer la polarisabilité électrique du lithium.

Les acquisitions de cette thèse peuvent être réparties selon quatre catégories ou quatre modes :

•Mode Comptage : Pour un ensemble de paramètres fixés (pression d’argon, largeur des fentes...),
l’ordinateur enregistre le nombre d’impulsions comptabilisées pendant un laps de temps choisi par
l’expérimentateur. Sauf mention contraire, la période de comptage sera 0,1 s.

• Mode Diffraction : L’ordinateur pilote la rotation de l’un des miroirs (Mi) (i = 1− 3) autour
de l’axe y, afin de satisfaire la condition de diffraction de Bragg pour les différents ordres p. Le
point bas et le point haut de la rampe en tension, la vitesse de balayage, et la période de comptage
sont ajustés par l’expérimentateur.
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•Mode Interférence : L’ordinateur pilote le balayage des franges d’interférence en commandant
une rampe en tension permettant de translater le miroir (M3) dans la direction x de l’onde laser.
L’expérimentateur ajuste les caractéristiques de cette rampe et la période de comptage. L’ordinateur
enregistre point par point le signal d’interférence, optique ou atomique, et la tension appliquée sur
la cale de balayage. Dans ce mode, des informations relatives à la stabilité de l’interféromètre sont
également enregistrées : stabilité thermique (température du banc de l’interféromètre), stabilité
optique (puissance du laser, tension de la cale piézoélectrique d’asservissement du laser en cavité
externe).

• Mode Polarisabilité : L’ordinateur pilote le balayage des franges atomiques et l’application
d’une tension électrique sur l’un des deux chemins atomiques. La figure (1.12) donne l’algo-
rithme utilisé pour l’acquisition informatique de la polarisabilité. L’organigramme comprend deux
boucles imbriquées : pour chaque tension appliquée sur l’un des bras de l’interféromètre, l’ordina-
teur pilote le balayage des franges atomiques. La tension est appliquée sur la cellule à l’aide d’une
alimentation Bertan225. Un multimètre numérique HP34401A permet d’enregistrer cette tension
avec une précision de quelques 10−3 %. Pour chaque tension appliquée sur la cellule, l’ordinateur
enregistre également le signal d’interférence atomique en l’absence de la perturbation électrique.
Afin d’alléger le schéma, cette boucle supplémentaire n’apparaît pas sur l’organigramme de la
figure (1.12).

1.5 Conclusions
Dans ce chapitre, nous avons décrit le dispositif expérimental de manière détaillée depuis la

production de l’onde atomique jusqu’à sa détection.

Nous avons présenté en détail le système de pompage utilisé, en insistant sur les difficultés
expérimentales rencontrées lors de sa mise au point. Notre système de pompage garantit un vide
secondaire de quelques 10−7 millibar dans les différentes enceintes, l’enceinte de détection possé-
dant un vide plus poussé de 2×10−8 millibar.

La source laser utilisée pour la diffraction de l’onde atomique a été présentée en détail à travers
les points suivants : choix du colorant et des filtres, puissance disponible, stabilité en fréquence,
caractérisation du mode laser. Le système des trois miroirs utilisés pour la production des ondes
stationnaires laser est monté sur un banc conçu pour être le plus rigide possible, qui permet de
contrôler la position relative des miroirs à λL/200 nanomètres rms (λL ' 671 nm).

Les dimensions de l’appareil sont relativement importantes (4 mètres de long !), et dans le même
temps, les tolérances angulaires sont faibles (quelques microradians) ce qui rend les procédures
d’alignement délicates. Nous avons vu qu’il est nécessaire d’utiliser des appareils de mesure d’une
grande sensibilité: pentaprisme, lunette autocollimatrice et niveau à bulles de grande précision. Par
rapport à juillet 2001, nous avons amélioré la précision de la procédure d’alignement des miroirs
en adoptant une méthode systématique par autocollimation sur la face avant du pentaprisme. La
précision atteinte dans ce réglage sous air permet de disposer de la course maximale accessible sous
vide à partir de cales piézo-électriques (± 300 microradians). Ce réglage nous a permis d’observer
des franges d’interférence atomique pour les ordres de diffraction p = 1,2 et 3 (chapitre 4).
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Enfin, la détection des atomes de lithium a été caractérisée en montrant des exemples de signaux
obtenus sur le détecteur. L’analyse statistique du signal de fond, puis du signal total (atomes de
lithium + signal de fond), fait apparaître une statistique légèrement sur - Poissonienne. Le temps
de réponse du détecteur est de l’ordre de la centaine de microsecondes, ce qui est suffisant pour
nos mesures mais ne permet pas de mesures demandant une brève résolution temporelle comme
des mesures de vitesse du jet atomique par temps de vol.



Chapitre 2

Le jet atomique de lithium

Ce chapitre est entièrement consacré à l’étude de la source d’atomes construite à Toulouse :
un jet supersonique d’atomes de lithium ensemencé dans de l’argon. Les caractéristiques d’une
source d’atomes peuvent être définies par analogie avec celles d’une source lumineuse ou source
de photons [108].

En interférométrie optique traditionnelle, on caractérise une source de photons en indiquant sa
luminance ou brillance (nombre de photons émis par unité de temps, de surface et d’angle solide) et
en précisant son degré de monochromaticité, qui représente les différentes composantes spectrales
présentes dans le rayonnement.

Pour faire fonctionner un interféromètre atomique dans de bonnes conditions, il faut ainsi dis-
poser d’une source d’atomes brillante et quasi - monochromatique. La distribution de vitesse du jet
atomique est un paramètre important de notre interféromètre à bras séparés. La géométrie de notre
appareil est déterminée par l’angle de diffraction ΘD, proportionnel à la longueur d’onde de De
Broglie. La distribution de vitesse des atomes est donc liée à la possibilité de séparer spatialement
les deux chemins atomiques. D’autre part, nous verrons au chapitre 3 que le processus de diffrac-
tion choisi (diffraction de Bragg) est lui - même sélectif en vitesse, si bien qu’il est souhaitable de
connaître la distribution de vitesse des atomes avant leur diffraction par l’onde laser. Enfin, lors de
mesures de précision, les déphasages à mesurer dépendent en général de la vitesse des atomes, ce
qui sera le cas de l’effet Zeeman étudié au chapitre 5 et de l’effet Lo Surdo - Stark mesuré au cha-
pitre 6. En l’absence de techniques permettant d’éliminer la distribution de vitesse de l’expression
du déphasage [109, 110], nous avons besoin de connaître la distribution de vitesse des atomes.

2.1 Introduction

L’expansion supersonique d’un gaz pur monoatomique est un sujet étudié de manière très dé-
taillée dans la littérature. Cette théorie a été développée par Anderson et Fenn en 1965 [111],
Hamel et Willis en 1966 [112], par Toennies et Winkelmann en 1977 [113] et par Beijerinck et
Verster en 1981 [114]. Le cas qui nous intéresse dans ce chapitre est celui de l’expansion superso-
nique du mélange de deux gaz purs monoatomiques : du lithium et de l’argon. L’argon est le plus
lourd des deux gaz et comme il s’agit du gaz porteur, il est présent dans notre jet supersonique de
façon très largement majoritaire au point que l’on peut parler d’une grande dilution des atomes de
lithium dans le jet atomique.
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Expansion supersonique d’un gaz pur monoatomique La première partie de ce chapitre rap-
pelle la théorie qui permet d’évaluer la température parallèle terminale d’un jet supersonique de
gaz pur monoatomique, en s’appuyant sur les articles de Toennies et Winkelmann [113] et Beije-
rinck et Verster [114]. Durant l’expansion supersonique d’un gaz pur, le phénomène essentiel est
un effet de refoidissement géométrique de la température perpendiculaire des atomes du gaz, et
cet effet de refroidissement est transmis au degré de liberté parallèle par l’intermédiaire des colli-
sions. Cette première partie, qui rappelle ces propriétés, a pour but d’introduire une démarche et
des notations dans le cas particulier où le seul gaz présent dans le jet atomique est le gaz porteur
argon.

Expansion supersonique du mélange de deux gaz purs monoatomiques La seconde partie du
chapitre est consacrée à l’étude théorique de l’expansion supersonique du mélange de deux gaz
purs monoatomiques, dans la limite d’une grande dilution du gaz ensemencé.

L’expansion supersonique d’un mélange de deux gaz monoatomiques a été étudiée dans l’équipe
de J. B. Anderson [115, 116] ou par D. R. Miller [117] qui fournit plusieurs références dans le cha-
pitre intitulé "Free jet sources" du livre de G. Scoles [118]. Pour autant, le cas généralement traité
est celui d’une espèce lourde ensemencée dans un gaz porteur plus léger, un cas opposé au nôtre.
De nombreuses études, détaillées et concordantes, ont été publiées pour l’ensemencement d’un gaz
lourd dans un gaz porteur plus léger. Citons les travaux de A.L. Cooper et C.K. Bienkowski [119]
ou encore ceux de A. Chesneau et R. Campargue [120]. Les calculs développés montrent que les
températures parallèles finales des deux espèces ne sont pas égales [116], et expliquent la valeur
obtenue pour le rapport des températures parallèles des deux gaz [120, 121, 122]. La température
parallèle des atomes du gaz ensemencé est alors toujours plus importante que celle du gaz porteur,
plus léger. Le rapport de ces deux températures augmente avec le rapport des masses, allant de
2,2−2,5 pour un mélange He − Ar, à 4−4,5 pour un mélange He − Xe, et jusqu’à 13−15 pour
un mélange H2 − Xe, [123, 124]. Les vitesses moyennes des deux espèces sont alors différentes, et
cette différence, communément appelée "velocity slip" en anglais [115, 117], augmente également
avec le rapport des masses des deux espèces.

A notre connaissance, le cas qui nous intéresse, celui d’un gaz léger ensemencé dans une espèce
plus lourde n’a été que très peu étudié dans la littérature probablement car il est plus traditionnel
d’ensemencer un gaz lourd au sein d’un gaz porteur plus léger. Nous présentons dans cette seconde
partie nos propres calculs théoriques de la température parallèle terminale de chacune des deux
espèces monoatomiques présentes dans le jet, dans la limite d’une grande dilution de l’espèce
ensemencée, qui est aussi la plus légère. Ces calculs sont effectués en utilisant une démarche et
des notations similaires à celles utilisées dans la première partie du chapitre. Nos calculs prévoient
un résultat qui peut paraître surprenant : les atomes de lithium, ensemencés dans un gaz porteur
plus lourd, sont les atomes les plus froids du jet. Ce refroidissement est relativement important,
d’un facteur 3 à l’avantage des atomes de lithium lorsque le gaz porteur est de l’argon.

Nous allons voir que notre théorie permet d’expliquer cet effet de refroidissement : lorsqu’un
gaz léger est ensemencé dans un gaz porteur plus lourd, dans la limite d’une grande dilution de
l’espèce la plus légère, la température parallèle de l’espèce ensemencée est couplée à sa propre
température perpendiculaire ainsi qu’aux températures parallèles et perpendiculaires du gaz le plus
lourd. A la fin de l’expansion, les températures perpendiculaires des gaz porteurs et ensemencés
continuent de décroître (à cause de l’effet géométrique expliqué dans la première partie de ce
chapitre) et deviennent considérablement plus faibles que la température parallèle du gaz porteur
qui est gelée. Ainsi, la température parallèle finale des atomes du gaz ensemencé peut devenir plus
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faible que celle du gaz porteur, à condition que le couplage collisionel des températures dure plus
longtemps pour l’espèce ensemencée que pour l’espèce porteuse. Nous allons comparer l’efficacité
de cet échange d’énergie cinétique au cours des différentes collisions. D’ores et déjà, deux effets
semblent jouer un rôle :

• la portée relative de l’interaction atomes du gaz ensemencé - atomes du gaz porteur par rapport
à l’interaction entre atomes du gaz porteur

• le rapport des masses des deux espèces atomiques, qui joue un rôle dans la façon dont l’énergie
est redistribuée lors d’une collision.

Etude expérimentale du jet atomique La troisième partie de ce chapitre est consacrée à l’étude
expérimentale du jet atomique de lithium. La préparation, l’utilisation et l’entretien du jet mis au
point à Toulouse sont décrits en détail. L’effet de refroidissement prévu est ensuite observé lors
d’une expérience de fluorescence induite par laser. Le bon accord théorie - expérience a donné lieu
à deux articles : une lettre publiée dans Physical Review A [92], et un article plus détaillé dans le
Journal of Chemical Physics [93].

Brillance du jet atomique Nous terminerons la caractérisation du jet atomique utilisé à Toulouse
en évaluant sa brillance et en la comparant avec les brillances obtenues dans plusieurs groupes de
recherche.

2.2 Expansion supersonique d’un gaz pur monoatomique

Les jets supersoniques ont été introduits pour la première fois par Kantrovitz et Grey en 1951
[125]. Pour décrire l’expansion supersonique d’un gaz pur monoatomique [118], notre attention
s’est essentiellement portée sur les articles de Toennies et Winkelmann [113] et Beijerinck et Vers-
ter [114] dont nous montrerons la grande similarité. Il s’agit dans cette première partie de chapitre
d’effectuer des rappels et de fixer des notations et le lecteur familier de l’expansion supersonique
d’un gaz pur monoatomique peut se reporter au paragraphe (2.3).

2.2.1 Le jet supersonique en régime hydrodynamique

Un jet thermique d’atomes fonctionne en régime supersonique lorsque leur libre parcours moyen
` dans la source est très inférieur au diamètre d de la buse de sortie du four. L’expansion superso-
nique s’effectue vers un milieu de pression très faible, que nous assimilerons à un vide parfait. Le
gaz, initialement à la pression P0 et de température T0, est accéléré à travers la buse sous l’action
du gradient de pression qu’il subit. Cette accélération confère au fluide une vitesse d’écoulement
locale supérieure à la vitesse locale du son: le nombre de Mach M devient supérieur à 1. L’ex-
pansion supersonique du gaz à travers la buse est bien décrite dans la référence [126] à partir de
plusieurs hypothèses simplificatrices:

– L’hypothèse `¿ d permet de décrire le fluide comme un milieu continu et d’utiliser les lois de
la dynamique des fluides.

– Une fois la buse franchie, chacun des atomes subit encore un grand nombre de collisions, ce
qui permet de faire l’hypothèse d’équilibre thermodynamique local.
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– Les différentes quantités physiques qui décrivent l’écoulement (pression P, température T , den-
sité n, enthalpie h, entropie s, vitesse v) ont même valeur en tout point de l’aire A(z) qu’occupe
le fluide, perpendiculairement aux lignes de l’écoulement (Cf. figure 2.1).

– Les transferts thermiques entre le gaz et les parois de la buse sont négligeables, de sorte que le
gaz s’écoule selon une transformation adiabatique et réversible, c’est à dire isentropique.

FIG. 2.1 – Schématisation d’une tuyère convergente - divergente. On a représenté quelques lignes
de l’écoulement ainsi que la surface A(z) perpendiculaire aux lignes de l’écoulement. A hauteur
de la buse, le nombre de Mach M est égal à 1.

La description de l’écoulement repose sur l’écriture de lois de conservation et l’utilisation d’une
équation d’état : conservation du débit d’atomes D , de l’énergie et de l’entropie des atomes, équa-
tion d’état des gaz parfaits :

D = n(z)u(z)A(z) (2.1-a)

h(z)+
1
2

mu2(z) = h0 +
1
2

mu2
0 (2.1-b)

s = s0 (2.1-c)
P = nkBT (2.1-d)

où l’indice 0 désigne la valeur de la quantité avant le début de l’écoulement, le terme d’énergie
cinétique moyenne initiale mu2

0/2 pouvant être négligé devant l’enthalpie h0. L’enthalpie et l’en-
tropie du gaz parfait s’expriment simplement en fonction des variables existantes et du rapport
γ des capacités thermiques du gaz supposé constant. D’après l’équation (2.1-b), l’enthalpie ini-
tiale h0 = γkBT0 du gaz est transformée en énergie cinétique de translation et l’efficacité de cette
transformation est mesurée par la quantité S‖ =

√
mu2/(2kBT ), appelée rapport de vitesses paral-

lèles. Les quantités n(z),u(z) et T (z) s’expriment en fonction de S(z), de γ, et des paramètres de la
source, et le système d’équations (2.1) est équivalent au système suivant :
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S‖(z) =

√
mu2(z)
2kBT (z)

(2.2-a)

n(z) = n0[1+
γ−1

γ
S2
‖(z)]

− 1
γ−1 (2.2-b)

u(z) =

√
2kBT0

m
S‖(z)[1+

γ−1
γ

S2
‖(z)]

− 1
2 (2.2-c)

T (z) = T0[1+
γ−1

γ
S2
‖(z)]

−1 (2.2-d)

Comportement asymptotique de S‖
Le comportement asymptotique de S‖ est évalué à partir de simulations numériques. H. Ashke-

nas et F. Sherman expriment le comportement de S‖ en fonction de z sous la forme d’un dévelop-
pement en puissances de (z− z0)/d [127], dont je ne donne ici que le terme dominant :

S‖(z) = Aγ
√

γ/2 (2.3)

où Aγ ne dépend que de γ pour une buse de parois minces devant son diamètre et z0 désigne
une longueur caractéristique de l’écoulement dans la direction z du jet atomique. Pour un gaz
monoatomique, Ashkenas et Sherman obtiennent Aγ = 3,26 et z0 = 0,075d. Ces simulations sont
en bon accord avec les calculs réalisés par Beijerinck et Verster [114], qui obtiennent, pour un
gaz parfait monoatomique Aγ = 3,175. Par la suite, nous utiliserons les résultats de Beijerinck et
Verster, pour lesquels le système d’équations (2.2) prend la forme approximative suivante :

S‖(z) ' 1,581 (z/zre f )2/3 (2.4-a)

n(z) ' n0× (zre f /z)2 (2.4-b)

u(z) '
√

5kBT0/m (2.4-c)

T (z) ' T0 (zre f /z)4/3 (2.4-d)

où l’on a introduit la longueur caractéristique zre f = 0,403× d. La vitesse des atomes atteint une
valeur terminale u∞, indépendante de z/d et de la pression P0 du gaz avant son expansion. L’ex-
pression de u∞ peut être obtenue à partir de la conservation de l’énergie (2.1-b) et de l’hypothèse
gaz parfait (2.1-d) pour un refroidissement substantiel (T ¿ T0).

Débit d’atomes et intensité du jet atomique

Dans le cas d’une tuyère convergente - divergente, le nombre de Mach est M = S‖
√

2/γ est
égal à 1 au niveau du point de section minimale de l’écoulement, c’est à dire au niveau de la buse.
Le débit d’atomes D s’exprime alors à partir des équations (2.1-a) et (2.4) :

D = n0(
πd2

4
)

√
γkBT0

m
(
γ+1

2
)−

γ+1
2(γ−1) (2.5)
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L’intensité du jet est définie par le nombre d’atomes émis par unité de temps et d’angle solide :

I (z) = n(z)u(z)z2 (2.6)

Cette quantité, indépendante de z dans le régime asymptotique de l’écoulement, est reliée au
débit d’atomes D:

I =
κγ

π
D (2.7)

où κγ désigne le "peaking factor". L’article de Beijerinck et Verster [114] rassemble différentes
valeurs pour κγ, toutes voisines de 2 pour un gaz parfait monoatomique : F. Sherman [128] obtient
κγ = 1,98, M. Sibulkin [129] obtient κγ = 1,96 tandis que BV obtiennent κγ = 2. Nous utiliserons
κγ = 2 pour calculer l’intensité de notre jet atomique au paragraphe (2.5).

Transition vers le régime moléculaire

A partir de l’expression de la densité d’atomes, Beijerinck et Verster évaluent le taux de colli-
sions par unité de temps, ν(z), qui s’exprime en fonction de l’intégrale de collision Ω(2,2)(T ), dont
la définition est donnée à l’annexe B:

ν(z) = 2n(z)Ω(2,2)(T ) (2.8)

Le calcul de cette intégrale s’effectue en décrivant la dynamique de la collision selon les lois
de la mécanique Newtonienne, à partir d’un potentiel d’interaction entre atomes de type Lennard -
Jones (12 - 6).

Le résultat obtenu par Beijerinck et Verster est de la forme :

Ω(2,2)(T ) = 2,99
(

2kBT
m

)1/2 (
C6

kBT

)1/3

(2.9)

où le coefficient C6 est le coefficient du terme attractif du potentiel de Lennard - Jones. La dé-
pendance en T 1/6 de l’intégrale Ω(2,2) est vérifiée sur un domaine relativement large : Beijerinck
et Verster l’ont établi pour kBT/ε ¿ 0,1, où ε désigne la profondeur du puits de potentiel. Nos
simulations numériques, présentées à l’annexe B, prévoient que le résultat peut être étendu jus-
qu’à kBT/ε ≤ 0,3. A partir des équations (2.4-b) et (2.4-d) et de l’équation (2.9), on détermine la
dépendance avec la distance z de la fréquence de collision : ν(z) ∝ z−20/9. Lorsque z devient suf-
fisament élevé, le taux de collision devient trop faible pour assurer l’équilibre thermodynamique
car la température du gaz évolue avec un temps caractéristique τc ∼ 3z/(4u∞) donné par l’équation
(2.4-d). Lorsque ντc >> 1, l’approximation de milieu continu est une bonne approximation. En
revanche, quand ντc << 1, la fréquence des collisions entre atomes n’est plus suffisante pour assu-
rer le maintien de l’équilibre thermodynamique local et la description du fluide par des équations
de milieux continus n’est plus valable: le régime est dit moléculaire. Nous nous sommes intéressés
à deux modèles pour étudier la transition vers le régime moléculaire et déterminer la température
finale du jet atomique :

– Le modèle de J.P. Toennies et K. Winkelmann que nous désignerons par TW [113]
– Le modèle de H.C. Beijerinck et N.F. Verster désigné par l’abréviation BV [114].
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2.2.2 Le modèle de Toennies et Winkelmann (TW)
Hors de l’équilibre thermodynamique, le rôle des collisions entre les atomes est pris en compte

par la théorie cinétique des gaz et l’équation de Boltzmann [130]. Si l’on suppose les atomes du
gaz dans un état stationnaire et soumis à aucune force extérieure, l’équation de Boltzmann est de
la forme :

v ·grad [n(r) f (r,v)] =
(

∂(n f )
∂t

)

coll
(2.10)

Dans cette équation, nous avons écrit la densité de particules dans l’espace des phases comme le
produit de la densité d’atomes n(r) par la fonction de distribution des vitesses normalisée f (r,v).
Le terme de collisions prend en compte les collisions binaires élastiques entre deux atomes du
gaz [130]. Toennies et Winkelmann décrivent l’expansion supersonique près de son axe par un
écoulement de symétrie sphérique de sorte que les propriétés de l’écoulement ne dépendent que de
la distance r du point étudié à la buse. La résolution de l’équation de Boltzmann s’effectue à partir
de la méthode des moments qui consiste à se donner une expression paramétrée de la fonction de
distribution des vitesses f (r,v) et à écrire les équations vérifiées par ces paramètres. TW adoptent
une fonction de distribution à quatre paramètres, la densité d’atomes n, la vitesse hydrodynamique
locale u, et les températures T‖ et T⊥, supposées différentes :

f (r,v) =

(
m

2πkBT‖

)1/2

× m
2πkBT⊥

exp

[
−m

(
v‖−u

)2

2kBT‖
− mv2

⊥
2kBT⊥

]
(2.11)

en désignant par v‖ la composante radiale de la vitesse v, v⊥ désignant sa composante transverse,
perpendiculaire au vecteur position r. La fonction f (r,v), elliptique et de type Maxwellienne, dé-
pend de trois paramètres u, T‖ et T⊥ qui sont couplés à la densité n. On va écrire quatre équations
reliant ces quatre quantités. On commence par réécrire l’équation de Boltzmann (2.10) en coor-
données sphériques (r, θ, φ) :

v‖
∂ f
∂r
− m

rkBT‖

(
v‖−u

)
v2
⊥ f +

m
rkBT⊥

v‖v2
⊥ f =

(
∂ f
∂t

)

coll
(2.12)

On intègre alors l’équation de Boltzmann multipliée par des quantités χ bien choisies. En pre-
nant successivement χ = 1, χ = v‖, χ = v2

‖ + v2
⊥ et χ = v2

⊥, TW expriment la conservation lors
d’une collision entre deux atomes du nombre de particules, de la composante parallèle mv‖ de la
quantité de mouvement et de l’énergie totale. L’énergie perpendiculaire mv2

⊥/2 n’est en revanche
pas conservée lors d’une collision. L’intégration sur la distribution des vitesses fournit les quatre
équations différentielles couplées suivantes :

d
(
nur2)

dr
= 0 (2.13-a)

nu
du
dr

+
d
dr

(
nkBT‖

m

)
+

2nkB
(
T‖−T⊥

)

mr
= 0 (2.13-b)

d
dr

(
u2 +

3kBT‖
m

+
2kBT⊥

m

)
= 0 (2.13-c)

dT⊥
dr

+
2T⊥

r
= F (2.13-d)
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où l’équation (2.13-a) a été utilisée pour simplifier les équations (2.13-b) à (2.13-d). La quantité
F est désignée sous le nom de terme de collision et sera détaillée plus loin. L’équation (2.13-a)
qui exprime la conservation du nombre de particules permet de relier la densité n à la distance r.
Après intégration, l’équation (2.13-c), qui traduit la conservation de l’énergie lors d’une collision,
devient :

u =
√

kB
(
5T0−3T‖−2T⊥

)
/m (2.14)

Après quelques calculs, TW obtiennent l’équation qui décrit les variations de la température paral-
lèle avec la distance r :

dT‖
dr

=−
[

4T⊥
r
× kBT‖

mu2 +2
(

1− kBT‖
mu2

)
F

]
/

[
1− 3kBT‖

mu2

]
(2.15)

Dans la plupart des expansions supersoniques, le rapport de vitesse parallèle S‖ = u/
√

2kBT‖/m

prend des valeurs importantes, de sorte que nous négligerons chacun des termes kBT‖/(mu2) =
1/(2S2

‖) présents dans l’équation (2.15). Nous obtenons ainsi deux équations couplées qui dé-
crivent les variations des températures parallèle et perpendiculaire du jet :

dT‖
dr

=−2F (2.16-a)

dT⊥
dr

=−2T⊥
r

+F (2.16-b)

FIG. 2.2 – Illustration inspirée de [113] de l’effet géométrique responsable du refroidissement
transverse au fur et à mesure que l’on s’éloigne de la source le long d’une ligne de l’écoulement.

En l’absence de collisions (F = 0), les atomes du jet acquièrent une température parallèle
constante, alors que leur température perpendiculaire décroît selon une loi en r−2. Ce refroidisse-
ment transverse du jet s’explique par un effet géométrique illustré sur la figure (2.2). En l’absence
de collisions, la vitesse transverse se rapporche de plus en plus de la direction moyenne de l’écou-
lement, car l’angle sous lequel est vu l’orifice de sortie du four diminue. Le rôle du terme de
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collisions F est de transmettre l’effet de refroidissement géométrique des deux degrés de liberté
perpendiculaire au degré de liberté parallèle. Ainsi, le terme de collisions F explique le refroidis-
sement longitudinal des atomes du jet. Ce terme est donné par :

F =
n

2kBu

Z
g

dσ(g)
dΩ

∆E f (v1) f (v2)d3v1d3v2dΩ (2.17)

Dans cette expression, v1 et v2 sont les vitesses des atomes avant la collision et g = v1− v2 est
leur vitesse relative de module g, tandis que dσ(g)/dΩ désigne la section efficace différentielle
de collision. ∆E est la quantité d’énergie transférée du degré de liberté parallèle vers les deux
degrés de liberté perpendiculaires, pour les deux atomes en collision. Le calcul de ∆E s’effectue
en introduisant les composantes parallèle et perpendiculaire de la vitesse du centre de masse vcm
et de la vitesse relative g du système des deux atomes en collision. Par intégration de l’expression
de ∆E autour de l’angle azimuthal ϕ, qui décrit l’orientation de la vitesse relative finale autour de
g, nous obtenons :

〈∆E〉ϕ =
m
8

[
g2
⊥−2g2

‖
][

1− cos2 χ
]

(2.18)

χ désignant l’angle de déflexion, c’est à dire l’angle dont tourne la vitesse relative durant la colli-
sion. Cet angle est représenté sur un schéma à l’annexe C.

2.2.3 Le modèle de Beijerinck et Verster (BV)
Beijerinck et Verster adoptent eux aussi l’équation de Boltzmann pour point de départ. L’origi-

nalité de leur modèle concerne l’étude du terme de collision F défini par l’équation (2.17).

Le modèle de conduction thermique

Beijerinck et Verster proposent de décrire le terme de collision F par l’équation linéaire :

F = Λ(z) (T‖−T⊥)/2 (2.19)

dans laquelle le facteur Λ apparaît comme un coefficient proportionnel au nombre de collisions
entre atomes. Le mécanisme de refroidissement est ainsi décrit comme un effet de conduction
thermique : les collisions entre atomes assurent la conduction thermique entre le degré de liberté
parallèle et les deux degrés de liberté perpendiculaires des atomes du gaz, et l’efficacité de la
conduction thermique à la position z est déterminée par le coefficient Λ, appelé coefficient de
conduction thermique par unité de longueur. Grâce à cette linéarisation, les équations (2.16-a) et
(2.16-b) deviennent :

dT‖
dz

=−Λ(z)
(
T‖−T⊥

)
(2.20-a)

dT⊥
dz

=−2T⊥
z

+
Λ(z)

2
(
T‖−T⊥

)
(2.20-b)

en posant z = r. Pour Λ = 0, on retrouve l’effet de refroidissement géométrique de la tempéra-
ture perpendiculaire déjà décrit au paragraphe précédent. Pour ΛÀ 4/z, la conduction thermique
est suffisante pour assurer l’équilibre thermodynamique et le résultat obtenu est celui du régime
hydrodynamique: T‖ = T⊥ = Tm ∝ z−4/3, conforme à l’équation (2.4-d).
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Calcul du coefficient de conduction thermique Λ

Beijerinck et Verster déterminent l’expression de Λ à la position z, à partir de l’équation (2.19)
en calculant le terme de collisions F entre deux atomes du gaz. Le calcul de Λ dans le cas d’un
gaz pur monoatomique permet d’étudier le cas du mélange de deux gaz monoatomiques, que nous
traiterons au paragraphe (2.3), dans la limite d’une grande dilution.

Pour un gaz pur monoatomique, on commence par effectuer l’intégration sur l’angle solide dΩ
en utilisant l’expression de ∆E établie à l’équation (2.18), qui fait apparaître la section efficace
de collision Q(2)(g) définie à l’annexe B. Le produit f (v1) f (v2) est égal à f (vcm) f (g), ce qui
facilite l’intégration sur la distribution des vitesses. Pour écrire F sous la forme linéarisée de
l’équation (2.19), on développe la fonction de distribution des vitesses f (g) au premier ordre de
perturbation en (T‖− T⊥) autour d’une température moyenne Tm choisie égale à (T‖ + 2T⊥)/3.
L’intégration finale sur la distribution des vitesses relatives fait apparaître l’intégrale de collision
Ω(2,2)(T ) introduite à l’équation (2.9), dont la définition est donnée à l’annexe B. Tous calculs
faits, BV obtiennent l’expression de Λ(z) suivante : 1

Λ(z) = 16n(z)Ω(2,2)(Tm)/(15u∞) (2.21)

Mesure du nombre de collisions entre atomes du gaz, Λ est proportionnel au produit de la den-
sité d’atomes n par la section efficace interatomique Ω(2,2)(T ). La vitesse hydrodynamique u, au
dénominateur de l’équation (2.17), a été remplacée par sa valeur terminale u∞ =

√
5kBT0/m, ob-

tenue pour la valeur terminale du rapport de vitesse paralèlle S‖∞, supposée élevée. La densité
d’atomes n(z) est déterminée à partir de l’expression (2.4-b) et de l’intensité I du jet atomique,
définie à l’équation (2.6). En écrivant des équations de continuité à proximité de la buse, on obtient
I = n0u∞z2

re f , où zre f est l’échelle de longueur introduite au paragraphe (2.2.1). Le coefficient de

conduction thermique Λ, qui varie comme T 1/6
m z−2, s’écrit finalement :

Λ(z) = 3,189× n0z2
re f

u∞z2

(
2kBTm

m

)1/2 (
C6

kBTm

)1/3

(2.22)

Lois d’échelle, solution du modèle de conduction thermique

Au début de l’expansion, lorsque z est faible, la densité d’atomes est élevée et le terme de colli-
sion est suffisamment important pour maintenir les températures caractéristiques du jet identiques :
T‖ = T⊥ = Tm ∝ z−4/3. Pour intégrer les équations de conduction thermique (2.20-a) et (2.20-b)
dans le cas général, Beijerinck et Verster introduisent un système d’unités réduites dans lequel les
températures sont exprimées en fonction de T0 (TXr = TX/T0, X = ‖ ou⊥), et les distances réduites
en fonction de zre f (zr = z/zre f ). En indiçant les quantités réduites par la lettre r, les équations de
conduction thermique deviennent :

dT‖r

dzr
=−Ξ

T 1/6
mr

z2
r

(
T‖r−T⊥r

)
(2.23-a)

dT⊥r

dzr
=−2T⊥r

zr
+Ξ

T 1/6
mr

2z2
r

(
T‖r−T⊥1,r

)
(2.23-b)

1. A la fin de l’expansion, T‖ et T⊥ diffèrent notablement et des termes d’ordre supérieurs sont à rajouter au déve-
loppement en T‖−T⊥ effectué. En réalité, de tels développements ne sont pas nécessaires car le calcul de Λ à la fin de
l’écoulement (T⊥¿ T‖), conduit à une valeur qui ne diffère de la précédente que de 1,3 %.
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L’avantage de ce système d’unités est de condenser toutes les quantités propres à la source
et au potentiel d’interaction dans le paramètre sans dimension Ξ = 0,813×n0d(C6/kBT0)1/3. BV
proposent alors une seconde loi d’échelle pour éliminer Ξ des équations en posant :

zr = ζ Ξα et TXr = τX Ξβ (2.24)

où la lettre X désigne indifféremment le sigle ‖ ou ⊥. Les coefficients α et β sont solution d’un
système de deux équations couplées obtenu à partir des équations (2.23-a) ou (2.23-b) et du com-
portement asymptotique de la température du gaz lorsque zr est faible (T‖ = T⊥ = Tm ∝ z−4/3). Ce
système admet pour solution α = 9/11 et β = −12/11, ce qui permet d’écrire les équations de
conduction thermique en fonction des quantités τ et ζ sous la forme :

dτ‖
dζ

=−τ1/6
m (τ‖− τ⊥)

ζ2 (2.25-a)

dτ⊥
dζ

=−2τ⊥
ζ

+
τ1/6

m (τ‖− τ⊥)
2ζ2 (2.25-b)
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FIG. 2.3 – Solution numérique du modèle de conduction thermique de Beijerinck et Verster valable
pour l’expansion supersonique d’un gaz pur monoatomique. La courbe de continuité en ζ−4/3 et
la valeur terminale τ‖∞ = 1,151 sont représentées en pointillés.

Ces équations ont été intégrées numériquement par BV, et nous avons reproduits cette intégra-
tion en utilisant le logiciel MATLAB sur la figure (2.3). Lorsque ζ est faible, la solution du mo-
dèle de conduction thermique est la solution continue en ζ−4/3, représentée en pointillés. Pour
ζ ≥ 10, les températures parallèles et perpendiculaires s’écartent de la solution continue. A la
fin de l’expansion, les atomes du gaz acquièrent une température τ‖ constante, que nous note-
rons τ‖∞, égale à 1,151. Dans la direction transverse, la température des atomes est de la forme

τ⊥ = τ1/6
m τ‖∞/(2ζ) soit encore τ⊥ = 0,490/ζ. Cette solution s’écarte du refroidissement géomé-

trique décrit par τ⊥ ∼ ζ−2 ce qui souligne le rôle des collisions résiduelles entre atomes à la fin



30 CHAPITRE 2. LE JET ATOMIQUE DE LITHIUM

de l’expansion. Bien que peu nombreuses, ces collisions suffisent à transférer de grandes quantités
d’énergie du degré de liberté parallèle aux deux degrés de liberté perpendiculaires.

2.2.4 Température parallèle terminale du gaz pur monoatomique
Il est d’usage d’exprimer la température parallèle terminale T‖∞ du gaz en donnant l’expression

du rapport terminal de vitesse parallèle S‖∞. Pour un gaz pur monoatomique, la relation qui lie ces
deux grandeurs est :

T‖∞ = T0/
(

1+0,4S2
‖∞

)
' 2,5T0/S2

‖∞ (2.26)

Rapport terminal de vitesse parallèle S‖∞ Le modèle de TW utilise la simulation numérique
des équations couplées (2.13) pour déterminer la température finale du gaz pur monoatomique en
expansion supersonique. La simulation fournit l’expression du rapport terminal de vitesse parallèle
S‖∞ qui s’écrit sous la forme :

S‖∞ = A
[
n0d (C6/kBT0)

1/3
]δ

(2.27)

Les valeurs de A et de δ obtenues par TW pour un jet d’argon sont A = 1,413 et δ = 0,53. Elles
ont été obtenues à partir d’un fit des résultats numériques de la simulation. Le modèle de Beijerinck
et Verster permet d’exprimer la température finale du jet en fonction de T0 et du paramètre source
Ξ, à partir de la valeur terminale de la température réduite τ‖∞ :

T‖∞/T0 = 1,151×Ξ−12/11 (2.28)

L’expression obtenue par BV pour S‖∞ s’écrit sous une forme identique à celle obtenue par TW
avec A = 1,314 et δ = 6/11 ' 0,545.
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FIG. 2.4 – Rapport terminal de vitesse parallèle en fonction des paramètres de la source
n0d(C6/kBT0)1/3. De bas en haut, sont représentés successivement: le modèle théorique de BV
[114](pointillés), celui de TW [113] (points) puis la loi semi-empirique de BV [114, 131] (trait
plein). Les triangles correspondent aux mesures de H.D. Meyer [132]. Les mesures ont été réali-
sées pour une température T0 du four comprise entre 280 et 380 Kelvins.
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La figure (2.4) représente, en échelle logarithmique, le rapport terminal de vitesse parallèle
obtenu à partir de chacun des deux modèles, dans la zone utile aux expérimentations, lorsque 5 <
S‖∞ < 40. Les deux expressions ne diffèrent jamais de plus de 4 % et coincident pour S‖∞ ≈ 18,9,
ce qui souligne leur grande similarité.

Loi semi-empirique de BV pour un jet d’argon pur Beijerinck et Verster ont étudié les expan-
sions supersoniques d’argon du point de vue expérimental. Dans les conditions de l’expérience, les
buses étant de faible diamètre (85 micromètres et parfois moins), une correction de couche limite
a été réalisée. Le rapport terminal de vitesse parallèle, représenté en trait plein sur la figure (2.4),
est alors décrit par les paramètres A = 1,783 et δ = 0,495. Ce résultat est semi-empirique, les va-
leurs de A et δ étant déduites d’un fit. L’écart observé entre les deux courbes proposées par BV est
délicat à expliquer et nous pensons qu’il est lié aux nombreuses approximations effectuées dans
le calcul des sections efficaces (calcul classique avec un potentiel de Lennard - Jones (12 - 6)).
La valeur du coefficient C6(Ar−Ar)/kB = 4,45×10−55 K.m6, très proche de celle généralement
utilisée [98], est satisfaisante.

Nous pouvons comparer ces résultats expérimentaux avec d’autres travaux analogues. Miller et
Andres [117] ont obtenu des rapports de vitesse parallèle inférieurs aux résultats semi-empiriques
de Beijerinck et Verster [131], mais la différence provenait vraisemblablement d’une interaction
avec le gaz résiduel et le écorceur, comme l’a analysé Buck [133]. D’autres mesures, réalisées par
H.D. Meyer [132], sont en assez bon accord avec la loi semi-empirique de BV, comme le montre la
figure (2.4), excepté aux pressions d’argon élevées, au seuil de condensation. Nous en concluons
que la loi semi-empirique de BV décrit les expansions supersoniques d’argon de manière très
satisfaisante, avec une précision que nous chiffrons à ± 7 %.

Discussion Les travaux de Beijerinck et Verster [114] montrent que le choix d’une fonction
de distribution des vitesses Maxwellienne elliptique, de température parallèle et perpendiculaire
différentes, est critiquable. A la fin de l’expansion, le nombre de collisions entre atomes est très
faible et les atomes qui ont la plus grande vitesse transverse ne parviennent pas à redistribuer leur
énergie, si bien que la distribution de vitesse perpendiculaire cesse d’être Maxwellienne. Cet effet
est appelé "blistering" par BV (de l’anglais ampoule) par analogie avec la cloque formée sur la
peau d’un être humain en contact avec une bouteille d’eau brûlante [114, 134].

Dans la direction longitudinale, nous disposons d’une formule semi - empirique, validée par
l’expérience. Cependant, nos conditions initiales (T0 ' 1000 Kelvins) diffèrent notablement de
celles utilisées pour établir la loi semi - empirique (T0 ' 300 Kelvins).

Des travaux de Beijerinck et Verster [131, 134] permettent d’affiner la forme de la distribution
de vitesse. Ces corrections peuvent ne pas être négligeables, mais nous estimons les inclure dans
la barre d’erreur de 7 %.

Par rapport aux calculs de TW, BV utilisent plusieurs approximations supplémentaires, en par-
ticulier la linéarisation proposée à l’équation (2.19). Les conséquences de ces approximations sont
très mineures, comme le montre le bon accord entre les résultats obtenus avec chacun des mo-
dèles. Enfin, les deux formulations font intervenir la section efficace de collision entre atomes,
avec la même dépendance en température, en (C6/kBT )1/3, que l’on retrouve dans l’expression
de S‖∞. Cette dépendance en température n’est à priori pas adaptée pour décrire le début de l’ex-
pansion supersonique, lorsque la température est voisine de T0. En effet, la section efficace est
alors probablement sous-estimée, comme le fait remarquer D.R. Miller [118]. En réalité, au début
de l’expansion, le terme de collisions F est très élevé, si bien que la valeur exacte de la section
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efficace de collisions n’a que peu d’importance, du moins tant qu’elle suffit à maintenir l’égalité
T‖ = T⊥. C’est seulement lorsque les collisions se font plus rares, c’est à dire lorsque les deux
températures commencent à se différencier, lorsque ζ > 0,3, que cette valeur doit être connue avec
précision, et dans cette zone, l’équation (2.9) est parfaitement valable (Cf. annexe B).

2.3 Généralisation au mélange de deux gaz monoatomiques
La présence de deux espèces chimiques rend les équations plus complexes : aux collisions entre

atomes de gaz de même espèce chimique, s’ajoutent les collisions entre atomes d’espèce chimique
différente. En adoptant une démarche similaire à celle développée par Beijerinck et Verster pour
les expansions supersoniques de gaz pur (paragraphe (2.2)), nous avons développé un modèle qui
évalue la température parallèle terminale de chacune des espèces présentes dans le jet atomique.
Une solution analytique ne peut être obtenue qu’en effectuant des approximations supplémentaires
dont nous testerons la validité. Comme annoncé en introduction, nous nous limiterons au cas d’une
espèce légère ensemencée dans un gaz plus lourd.

2.3.1 Approximations réalisées pour résoudre l’équation de Boltzmann
L’équation de Boltzmann, qui sert de point de départ, s’écrit maintenant sous la forme de deux

équations, une pour chaque espèce: i = 1 pour le gaz porteur, i = 2 pour le gaz ensemencé :

vi ·grad [ni(r) fi(r,vi)] = Σ j=1,2

(
∂(ni fi)

∂t

)

coll
(i, j) (2.29)

Chaque atome pouvant entrer en collision avec un atome de la même espèce (collisions 1-1 ou
2-2) ou de l’autre espèce (1-2), les termes de collisions associés à chaque espèce comprennent
deux contributions. Les fonctions de distribution des vitesses fi(r,vi) sont données par l’équation
(2.11), dans laquelle les masses sont désignées par mi, les températures T‖i et T⊥i. L’écoulement
est ainsi décrit par huit paramètres, quatre pour chaque espèce: vitesse hydrodynamique ui, densité
ni, températures T‖i et T⊥i (i = 1, 2), et il est nécessaire d’effectuer des hypothèses simplificatrices,
que nous discuterons au paragraphe (2.3.5). Nous avons effectué deux simplifications notables :

• Nous supposons que la vitesse hydrodynamique des atomes est la même pour chaque espèce,
c’est à dire que u1 = u2 = u. En introduction de ce chapitre (2.1), nous avons signalé que cette
approximation est peu adaptée lorsqu’un gaz lourd est ensemencé dans un gaz plus léger car il
faut alors beaucoup de collisions pour accélérer l’espèce la plus lourde [115, 117]. Le cas qui nous
intéresse est celui d’une espèce légère ensemencée dans une espèce plus lourde. Une fois le régime
supersonique atteint, nous nous attendons à ce que la différence u1∞−u2∞ des vitesses moyennes
des atomes de chaque espèce soit très faible, négligeable devant les valeurs des vitesses parallèles
d’agitation thermique des deux espèces dans le référentiel en mouvement.

• Nous allons traiter le cas particulier où la densité d’atomes n2 du gaz ensemencé est très infé-
rieure à la densité n1 d’atomes du gaz porteur. Cette hypothèse simplifie les calculs et correspond
aux cas expérimentaux étudiés comme nous le verrons au paragraphe (2.4).

– Dans l’équation de Boltzmann associée au gaz porteur, cet effet de dilution (n2 ¿ n1) permet
de négliger les collisions de type 1 - 2. Ainsi, l’expansion supersonique du gaz porteur n’est
pas modifiée par la présence des atomes de l’autre espèce chimique.
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– Dans l’équation de Boltzmann associée à l’espèce ensemencée, la dilution des atomes de l’es-
pèce 1 permet de ne s’intéresser qu’au seul effet des collisions de type 1 - 2, entre atomes
d’espèce chimique différente, les collisions entre atomes du gaz ensemencé, beaucoup moins
nombreuses, pouvant être négligées.

2.3.2 Equations couplées décrivant les températures du gaz porteur
Sous ces hypothèses, l’expansion supersonique du gaz porteur s’effectue de manière identique

à celle d’un gaz pur monoatomique. De ce point de vue, tout se passe comme si une seule espèce
chimique était présente dans l’écoulement supersonique. Ainsi, les équations (2.20-a) et (2.20-
b) permettent de déterminer les températures T‖1 et T⊥1 des atomes d’argon dans le mélange, en

introduisant dans le coefficient Λ(z), l’intégrale de collision appropriée, Ω(2,2)
1,1 (T ), correspondant

à la collision de deux atomes de l’espèce 1:

Λ(z) = 16n1(z)Ω
(2,2)
1,1 (Tm)/(15u∞) (2.30)

La procédure est alors identique en tout point à celle développée au paragraphe (2.2.3): nous intro-
duisons des températures réduites et une coordonnée z réduite en divisant les températures par T0 et
les distances par zre f , puis nous éliminons le paramètre source Ξ en introduisant τ et ζ, conformé-
ment à l’équation (2.24). Nous obtenons ainsi les équations décrites par les températures réduites
τ‖1 et τ⊥1 :

dτ‖1

dζ
=−τ1/6

m1 (τ‖1− τ⊥1)
ζ2 (2.31-a)

dτ⊥1

dζ
=−2τ⊥1

ζ
+

τ1/6
m1 (τ‖1− τ⊥1)

2ζ2 (2.31-b)

2.3.3 Equations couplées décrivant les températures du gaz ensemencé
Le traitement de l’équation de Boltzmann de l’espèce ensemencée fait apparaître un terme de

couplage dû à la présence de collisions de type 1 - 2 entre atomes d’espèce chimique différente.
Toutefois, les collisions entre atomes de gaz ensemencé étant négligées, on peut utiliser le même
procédure et les mêmes approximations qu’au paragraphe (2.2.2), et écrire ainsi les équations de
température de l’espèce ensemencée sous la forme :

dT‖2

dr
=−2F‖,2 (2.32-a)

dT⊥2

dr
=−2T⊥2

r
+F⊥2 (2.32-b)

Les termes de collision FX ,2 (X = ‖ ou ⊥) sont définis par :

FX ,2 =
n1

kBu∞

Z
g

dσ1,2(g)
dΩ

∆EX ,2 f1(v1) f2(v2)d3v1d3v2dΩ (2.33)

Dans cette expression, ∆EX ,2 représente le gain d’énergie parallèle ou perpendiculaire d’un atome
de l’espèce 2 lors de sa collision avec un atome de l’espèce 1, dσ1,2(g)/dΩ désignant la section
efficace différentielle associée à la collision des atomes 1 et 2. Le calcul de FX ,2 s’effectue en



34 CHAPITRE 2. LE JET ATOMIQUE DE LITHIUM

procédant par analogie avec le cas du gaz pur en expansion supersonique. L’essentiel du calcul est
détaillé à l’annexe B. Par rapport à l’équation (2.17), valable pour l’expansion supersonique d’un
gaz pur, plusieurs différences peuvent être remarquées :
• Le dénominateur de l’équation (2.33) ne comporte pas de facteur 2 car le nombre de colli-

sions de type 1 - 2 est proportionnel à n1n2 alors que le nombre de collisions de type 1 - 1 est
proportionnel à n2

1/2.
• Lors de l’expansion supersonique d’un gaz pur, la conservation de l’énergie lors de la colli-

sion a pour conséquence directe que l’énergie cédée par le degré de liberté parallèle se retrouve
dans les deux degrés de liberté perpendiculaires. Ici, cette relation n’a pas d’équivalent : les deux
atomes qui entrent en collision, d’espèce chimique différente, se partagent l’énergie initiale. Nous
pouvons exprimer ∆EX ,2 en fonction des composantes parallèle et perpendiculaire de la vitesse du
centre de masse vcm et de la vitesse g de la particule relative. Ce calcul est détaillé dans l’annexe B.
Cependant, lorsque les quatre températures ne sont pas égales (T‖i et T⊥i avec i = 1,2), le produit
f1(v1) f2(v2) ne s’exprime plus simplement en fonction vcm et g comme c’était le cas pour l’ex-
pansion supersonique d’un gaz pur, et nous ne sommes pas parvenus à mener le calcul analytique
de FX ,2 jusqu’à son terme sans faire une nouvelle approximation.

• Les sections efficaces Q(l)
1,2(g), définies à l’annexe B, se comportent comme g−2/3 lorsque

l’énergie de la particule relative E = µg2/2 (µ = m1m2/(m1 + m2) désignant la masse réduite)
est faible devant la profondeur ε(1− 2) du puits de potentiel 1 - 2, associé à l’interaction entre
atomes d’espèces différentes. Ce résultat, justifié à l’annexe C, montre que le produit gQ(l)

1,2(g)
varie très lentement avec g, en g1/3. Nous le considérerons indépendant de g, ce qui permet de
sortir la quantité gdσ1,2(g)/dΩ des intégrales sur les vitesses v1 et v2, qui sont alors plus simples
à calculer :

FX ,2 ≈ n1

kBu∞

Z
〈gdσ1,2(g)

dΩ
〉dΩ

Z
∆EX ,2 f1(v1) f2(v2)d3v1d3v2 (2.34)

• Enfin, lorsqu’on détaille l’expression de ∆EX ,2, les sections efficaces Q(l)
1,2(g) apparaissent

dans l’expression de FX ,2 pour des valeurs de l égales à 1 ou 2. Seul le terme l = 2 était présent
lors de l’expansion de gaz purs, et il conduisait à des intégrales de collision de la forme Ω(2,s)(T ).
Cette différence s’explique par la brisure de symétrie provoquée par la présence de deux atomes
de masses différentes et le calcul du transfert d’énergie ∆EX ,2 pour les seuls atomes de l’espèce
2. Nous achevons le calcul de FX ,2 en déterminant la valeur du produit gQ(l)

1,2(g), supposée indé-
pendante de g, par continuité avec le cas des gaz purs. Concrètement, nous supposons le produit
gQ(2)(g), introduit dans le cas de gaz purs, indépendant de g, puis nous identifions les équations
obtenues avec l’équation (2.21). Il apparaît que :

〈gQ(l)
1,2(g)〉=

32
15

Ω(l,2)
1,2 (Tm) (2.35)

Ce résultat a été utilisé en prenant pour la température Tm la quantité (T‖1 + 2T⊥1)/3. Ce choix

n’est peut-être pas optimal, mais comme Ω(l,2)
1,2 (Tm) varie très lentement avec Tm, en T 1/6

m , nous
estimons que ce choix de température n’influence pratiquement pas le résultat final. Les équations
différentielles décrivant les températures du gaz ensemencé font apparaître des quantités similaires
à la quantité Λ introduite à l’équation (2.30), mais les intégrales de collision mises en jeu sont
Ω(l,2)

1,2 (Tm) avec l = 1 et 2. Nous pouvons exprimer les intégrales Ω(l,2)
1,2 en fonction de l’intégrale
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Ω(2,2)
1,1 de l’équation (2.30) en introduisant deux rapports sans dimensions. Le rapport des intégrales

de collision Ω(2,2)
i, j , qui ne diffèrent que par l’espèce choisie pour partenaire de la collision, est

désignée par la notation ρs. La valeur du rapport d’espèce ρs se déduit de l’équation (2.9) :

ρs =
Ω(2,2)

1,2

Ω(2,2)
1,1

=
[

C6(1,2)
C6(1,1)

]1/3

×
[

m1 +m2

2m2

]1/2

(2.36)

ρs dépend faiblement du rapport des C6 mais plus fortement du rapport des masses. Le rapport des
sections efficaces moyennées en angle d’ordre l = 1 et l = 2 est désigné par ρo :

ρo =
Q(1)

1,2

Q(2)
1,2

=
Ω(1,2)

1,2

Ω(2,2)
1,2

(2.37)

Il est possible d’évaluer le rapport d’ordre ρo à partir de l’étude la fonction de déflexion χ(b,E)
associée à une collision de paramètre d’impact b et d’énergie E. Cette étude, présentée en annexe
B, fournit ρ0 ' 1,32. Par rapport à l’expansion d’un gaz pur, les équations de température de
l’espèce ensemencée font ainsi apparaître des quantités nouvelles, ρs et ρo, ainsi que les masses
m1 et m2 des espèces chimiques en présence :

dT‖2

dz
= −2Λ(z)ρs

m1

M

[
T‖,moy−T⊥,moy

]

− 4Λ(z)ρsρo
µ
M

[
T‖2−T‖1

]
(2.38-a)

dT⊥2

dz
= −2T⊥2

z
+Λ(z)ρs

m1

M

[
T‖,moy−T⊥,moy

]

− 4Λ(z)ρsρo
µ
M

[T⊥2−T⊥1] (2.38-b)

où Λ(z) est le coefficient de conduction thermique donné par l’équation (2.30) et M = m1 +m2 est
la masse totale des deux atomes. La température TX ,moy (X = ‖ ou ⊥) est une moyenne pondérée
des températures TX1 et TX2 de chaque espèce :

TX ,moy = βTX1 +αTX2 (2.39)

où β = m2/M est le poids associé à la température TX1, alors que α = m1/M représente le poids as-
socié à la température TX2. En introduisant les quantités usuelles τ et ζ, conformément à l’équation
(2.24), nous obtenons les équations suivantes pour τ‖2 et τ⊥2 :

dτ‖2

dζ
= −2ρsτ

1/6
m

ζ2 × m1

M

(
τ‖,moy− τ⊥,moy

)

− 4ρsρoτ1/6
m

ζ2 × µ
M

(
τ‖2− τ‖1

)
(2.40-a)

dτ⊥2

dζ
= −2τ⊥2

ζ
+

ρsτ
1/6
m

ζ2 × m1

M

(
τ‖,moy− τ⊥,moy

)

− 4ρsρoτ1/6
m

ζ2 × µ
M

(τ⊥2− τ⊥1) (2.40-b)
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Nous avons testé la cohérence de notre calcul en supposant que les deux espèces ont la même
masse (m1 = m2) et les mêmes sections efficaces de collision (ρs = 1). Dans ce cas, les tempé-
ratures parallèle (resp. perpendiculaire) des deux espèces doivent être identiques pendant toute la
durée de l’expansion. A partir des équations couplées (2.40-a) et (2.40-b), on écrit les équations
satisfaites par les différences (τX1−τX2) avec X = ‖ ou⊥, et on vérifie que, si ces différences sont
initialement nulles, elles le sont pour le reste de l’expansion. L’intégration numérique de ces équa-
tions permet également de le vérifier, ce qui permet ainsi de tester le fonctionnement du programme
d’intégration.

2.3.4 Refroidissement longitudinal des atomes de lithium dans l’argon

Un jet supersonique d’atomes de lithium ensemencé dans de l’argon est caractérisé par un rap-
port d’espèce égal à 2,55, calculé à partir du coefficient C6(Li−Ar) de la référence [98]. Pour ρo =
1,32, l’intégration numérique des équations (2.31-a), (2.31-b), (2.40-a) et (2.40-b) fournit les tem-
pératures parallèle et perpendiculaire des atomes de lithium et d’argon représentées sur la figure
(2.5) dans le système de coordonnées réduites introduites par Beijerinck et Verster.

0,1 1 10 100
0,01

0,1

1

10

||2

||1

 

 

 

FIG. 2.5 – Extension du modèle de Beijerinck et Verster au cas d’un jet de lithium ensemencé dans
de l’argon (ρs = 2,55). Les températures réduites τXi = (TXi/T0)Ξ12/11 (i = 1,2) sont représentées
en fonction de la coordonnée réduite ζ = (z/zre f )Ξ−9/11 avec Ξ = 0,813n0d(C6/kBT0)1/3. Pour
τ‖1 et τ⊥1, le tracé est identique à la figure (2.3) du modèle de Beijerinck et Verster [114]. La
température τ‖2 = τ‖Li est nettement inférieure à τ‖1 = τ‖Ar ce qui met en évidence un effet de
refroidissement longitudinal des atomes de lithium.
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A la fin de l’expansion supersonique, les températures parallèle et perpendiculaire du gaz
ensemencé(i = 2) diffèrent de celles obtenues pour le gaz porteur (i = 1). En particulier, nous prédi-
sons un effet de refroidissement longitudinal à l’avantage de l’espèce ensemencée, du lithium dans
le cas étudié. La valeur terminale du rapport des deux températures est T‖2,∞/T‖1,∞ = τ‖2,∞/τ‖1,∞
diffère notablement de 1 et vaut 0,38.

Dans la direction transverse, nos calculs montrent que la température perpendiculaire des atomes
de lithium est plus élevée que celle des atomes d’argon. Cet effet est directement lié au refroidis-
sement supplémentaire du mouvement parallèle. Les collisions couplent plus longtemps les tem-
pératures parallèles et perpendiculaires de l’espèce 2 entre elles et avec celles de l’espèce 1 que
les collisions ne couplent entre elles les températures parallèles et perpendiculaires de l’espèce 1.
C’est donc plus tardivement que la température perpendiculaire de l’espèce 2 se découple de la
température parallèle et ceci explique que τ⊥2 > τ⊥1.

2.3.5 Discussion des hypothèses effectuées
Nous discutons ici de la validité des hypothèses supplémentaires effectuées par rapport au mo-

dèle du gaz pur développé par Beijerinck et Verster.
• Nous avons supposé la vitesse hydrodynamique des atomes identique pour chaque espèce,

ce qui revient à négliger le phénomène de glissement de vitesse (de l’anglais "velocity slip"). Cet
effet a été étudié par Anderson [115] et par Miller et Andres [117]. En utilisant les équations
(2.37, 2.38) du chapitre écrit par Miller [118], nous pouvons exprimer la différence des vitesses
u2,∞−u1,∞ dans nos propres notations :

u2,∞−u1,∞

u1,∞
≈ 0,59

[ √
µm1

|m1−m2|n0d (C6/kBT0)
1/3

]−1,07

(2.41)

L’intégrale de collision Ω(1,1)
1,2 qui apparaît dans les équations (2.37, 2.38) de la référence [118]

est déterminée à l’annexe B. Nous avons remplacé la masse moyenne sur les fractions molaires de
chaque espèce par sa valeur m1, obtenue pour une dilution infinie des atomes de l’espèce 2 dans les
atomes de l’espèce 1. Nous souhaitons comparer la différence des vitesses moyennes u2,∞− u1,∞

avec la vitesse d’agitation thermique longitudinale α‖1 =
√

2kBT‖1/m1 des atomes de l’espèce
1. En utilisant l’expression de Toennies et Winkelmann du rapport terminal de vitesse parallèle,
donné par l’équation (2.27), et en remarquant que l’exposant 1,07 est proche de 2×0,53, il vient :

u2,∞−u1,∞

α‖1
≈ 0,84

S‖1∞

[
(m1 +m2)(m1−m2)2

m2
1m2

]0,53

(2.42)

Sous cette forme, il apparaît que si le rapport terminal de vitesse parallèle du gaz porteur, S‖1∞,
est élevé, le décalage des vitesses ne représente qu’une petite fraction de la vitesse thermique des
atomes du gaz porteur, du moins tant que les masses m1 et m2 ne sont trop différentes. Pour le
mélange lithium - argon, l’approximation est parfaitement valable.
• L’hypothèse de grande dilution des atomes de l’espèce ensemencée est bien vérifée dans

la pratique. Le cas général pourrait être intéressant à étudier, notamment pour ses applications
pratiques. 2

2. Un article de Miller et Andres [117] étudie l’expansion supersonique de mélanges d’argon et d’hélium à diffé-
rentes concentrations mais dans ce cas le gaz ensemencé est toujours le plus lourd des deux.
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• Nous avons supposé les produits gQ(l)
1,2(g) constants, afin de pouvoir intégrer l’énergie trans-

férée ∆EX2 sur la distribution elliptique des vitesses. Takahashi et Teshima ont calculé numérique-
ment le terme de collision pour étudier le cas d’une espèce lourde ensemencée dans un gaz plus
léger [122]. Il serait possible d’utiliser leur technique de calcul pour tester la précision de notre
approximation, mais un tel calcul ne testerait qu’un aspect particulier de notre calcul. Il semble
plus naturel d’utiliser les outils de simulation numérique pour conforter nos résultats. La méthode
Direct Simulation Monte Carlo introduite par G. A. Bird [135] est la meilleure pour simuler les
écoulements de gaz et de mélanges de gaz mais elle nécessite beaucoup de temps de calcul sous
l’hypothèse d’une dilution quasi - infinie. P.A. Skovorodko a utilisé la méthode Test Particule
Monte Carlo pour simuler notre écoulement de lithium dans l’argon, à partir d’un potentiel d’inter-
action de type Maxwellien ajusté pour être réaliste dans le cas lithium - argon. Ses résultats sont en
accord avec nos calculs [136]. Dans ce papier, Skovorodko montre également que la distribution
finale de vitesse perpendiculaire d’un jet d’atomes de lithium ensemencé dans de l’argon est très
bien décrite par une distribution exponentielle, ce qui prouve l’importance de l’effet de "blistering"
discuté plus haut.

2.3.6 Un phénomène de refroidissement très général

Le refroidissement longitudinal que nous prévoyons dans le cas du lithium ensemencé dans l’ar-
gon est un phénomène très général. Nous étudions dans ce paragraphe l’effet de refroidissement
prévu dans le cas d’espèces chimiques différentes du couple (lithium - argon). La valeur minimale
du rapport des températures parallèles des deux espèces mises en jeu est obtenue en annulant le
membre de droite de l’équation (2.38-a). En supposant négligeables les températures perpendicu-
laires de chaque espèce, nous obtenons:

Min

(
T‖2,∞

T‖1,∞

)
=

m2ρo

m1 +2m2ρo
(2.43)

Cette valeur limite serait atteinte si le nombre de collisions de type 1 - 2 entre atomes d’espèces
différentes était nettement plus grand que le nombre de collisions de type 1 - 1 entre atomes de
même espèce, c’est à dire pour ρs suffisamment grand. Nous avons représenté sur la figure (2.6)
la valeur terminale du rapport T‖2∞/T‖1∞, pour différentes valeurs de ρs, en fonction du rapport
des masses m2/m1. Nous constatons que l’effet de refroidissement peut être subtantiel lorsque le
rapport des masses m2/m1 est très faible.

Examinons le cas du dihydrogène moléculaire H2 ensemencé dans l’argon. La molécule H2
se comporte pratiquement comme un atome car la relaxation des phénomènes de rotation est très
lente. Nous calculons ρs = 2,48 en utilisant les données de Kramer et Herschbach [137] pour dé-
terminer le coefficient C6 du système H2−Ar à partir de règles de combinaisons. Nous prévoyons
T‖2∞/T‖1∞ = 0,16, et le refroidissement devrait donc être substantiel. Ce refroidissement peut exis-
ter même lorsque les masses des atomes mis en jeu sont quasi identiques. Pour un jet d’atomes
de potassium ensemencé dans l’argon, nous calculons ρs = 1,67 à partir des coefficients C6 de la
référence [138]. Le rapport des températures finales T‖2,∞/T‖1,∞ = 0,77 est de nouveau inférieur à
1. Enfin, si l’on ensemence du sodium dans du néon, nous calculons ρs = 1,85, la valeur du rap-
port des C6 compensant largement l’effet du rapport des masses m2/m1 = 1,14. Nous prévoyons
un rapport de température T‖2,∞/T‖1,∞ = 0,77, inférieur à 1. Ce résultat, T‖2,∞ < T‖1,∞ alors que
m2 > m1, est surprenant, et bouscule les idées idées généralement répandues avec ce type de jet.
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FIG. 2.6 – Rapport des températures terminales T‖2∞/T‖1∞ en fonction du rapport des massses
pour différentes valeurs de ρs. Le rapport m2/m1 croît de 0,025 (hydrogène ensemencé dans l’ar-
gon) à 2,175 (rubidium dans l’argon), ρo restant fixé à 1,32. De bas en haut, on décrit successive-
ment ρs −→ ∞, ρs = 2,55 (lithium dans argon), ρs = 1,67 (sodium dans l’argon) et ρs = 1.

2.4 Etude expérimentale
Ce paragraphe décrit la réalisation expérimentale du jet supersonique d’atomes de lithium en-

semencé dans l’argon. Nous présenterons dans un deuxième temps une expérience de fluorescence
induite par laser qui permet d’observer l’effet de refroidissement des atomes de lithium prédit au
paragraphe précédent.

2.4.1 Le four de lithium
La production d’une vapeur atomique s’effectue en chauffant l’élément chimique pour atteindre

une pression de vapeur saturante suffisante. Lorsque la température du four est comprise entre 700
et 1000 K, la pression de vapeur saturante du lithium, exprimée en millibars, est donnée par [139] :

Log10(PLi) = 8,137−8172/T0 (2.44)

où T0 désigne la température du four exprimée en Kelvins. La figure (2.7) montre qu’une pression
de vapeur saturante de 1 millibar est obtenue en chauffant du lithium à la température de 1005 Kel-
vins soit environ 730 ◦C. La construction d’un jet thermique d’atomes de lithium est donc à priori
plus délicate qu’avec les autres alcalins, ces derniers nécessitant des températures de chauffage
bien inférieures pour obtenir la même pression de vapeur saturante. Je commencerai par décrire le
four utilisé à Toulouse avant de détailler son utilisation, depuis le chargement du lithium jusqu’à
son utilisation. Le principe du four est décrit par R. Delhuille dans sa thèse [101]. Je ne présenterai
ici que les points essentiels, en insistant sur les modifications effectuées pour fiabiliser le dispositif.
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FIG. 2.7 – Pression de vapeur saturante du lithium en fonction de la température de chauffage.

A. Conception du four

Notre four s’inspire largement du dispositif utilisé au LASIM à Lyon par M. Broyer et Ph. Du-
gourd pour produire des agrégats de lithium [140]. Le chauffage du four s’effectue par conduction
thermique à l’aide d’éléments chauffants à extrémités froides fabriqués par la firme Thermocoax.
Ce mode de chauffage a été préféré au chauffage par rayonnement, qui nécessite des courants de
plusieurs centaines d’ampères et l’évacuation d’une puissance de chauffage de plusieurs kilowatts.
Munis d’extrémités froides, les éléments chauffants sont prévus pour fonctionner jusqu’à environ
1100 Kelvins. La figure (2.8) est un dessin technique du four utilisé à Toulouse dont une photogra-
phie est représentée sur la figure (2.9).

FIG. 2.8 – Dessin technique du four de lithium utilisé à Toulouse.

Le four se décompose en deux parties: le corps, qui contient le creuset de lithium, et la partie
avant, à hauteur de la buse, trou de diamètre d = 200 micromètres, percé dans une paroi d’inox
d’épaisseur e = 0,3 millimètre. Le chauffage du corps, partie la plus massive, est assuré par deux
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éléments chauffants. Un élément chauffant supplémentaire, utilisé à l’avant du four, surchauffe la
partie avant d’environ 80◦C par rapport au corps ce qui limite les risques d’obstruction de la buse.
Chaque élément chauffant est alimenté par une alimentation stabilisée de puissance 90 Watts. La
puissance nécessaire au chauffage est minimisée par l’utilisation de deux écrans thermiques qui
entourent le corps. Un troisième écran, construit en cuivre et refroidi à l’eau, permet d’évacuer
la chaleur rayonnée et d’éviter de chauffer l’enceinte à vide. L’arrivée du gaz porteur s’effectue
par l’arrière du four, dans la zone la plus froide, pour éviter que du lithium n’obstrue la conduite.
L’étanchéité du dispositif est assuré par un joint cuivre CF35, situé à l’arrière du four.

FIG. 2.9 – Photographie du four de lithium utilisé à Toulouse.

Nous mesurons la température du four aux points B (buse) et C (corps) à l’aide de deux ther-
mocouples de type K de précision 1 %. La température T0, lue sur le thermocouple au point B de
la £gure (2.8) diffère de la température réelle à hauteur de la buse à cause des pertes par conduc-
tion thermique. Un bilan d’énergie permet de véri£er que cette correction est probablement négli-
geable : le thermocouple B est situé à r = 8 millimètres du centre de la buse d’épaisseur e = 0,3
millimètre, si bien que la température réelle Tb, s’écarte de la température lue Tlue de:

1/T 3
b = 1/T 3

lue−3εσr2/(4Ke) (2.45)

où σ désigne la constante de Stefan - Boltzmann et ε = 0,35 l’émissivité de la surface du four de
conductivité thermique K = 0,1W.cm−1.K−1. Le calcul montre que la correction sur la valeur de
T0 est effectivement négligeable.

B. Mode opératoire: chimie du lithium et de l’argon

A température ambiante, le lithium se présente sous la forme d’un métal blanc, solide, plutôt
mou, de densité 0,53 g.cm−3 à 300 Kelvins, dont le point de fusion est de 180 ◦C [103]. Ce
réducteur s’oxyde facilement, notamment au contact d’eau, du dioxygène et réagit même avec le
diazote. L’oxydation du lithium limite les performances du four en augmentant le risque d’obstruer
la buse. Pour minimiser ces risques, nous utilisons depuis le printemps 2003 du lithium conditionné
sous argon commercialisé par la £rme Neyco par ¤acons de 5 grammes, que nous stockons dans
une enceinte où sont placées des pastilles dessicatrices. Les ¤acons sont enfouis dans du sable car
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le lithium peut s’enflammer et les feux d’alcalins, feux de classe spéciale, sont très dangereux.
D’après le fournisseur, un flacon typique contient 99 % d’atomes de lithium, 0,74 % d’atomes de
sodium et des atomes de potassium à l’état de traces.

Chargement du four Les résidus de lithium situés dans la buse et le creuset de lithium sont
nettoyés en les oxydant avec de l’eau. La réaction d’oxydation, exothermique, libère des sels de
lithium de couleur jaunâtre et le milieu devient basique. Il est donc vivement conseillé de mani-
puler le lithium en milieu ventilé, muni de lunettes et de gants. Les gants permettent également
de préserver l’état de surface du lithium lors de son chargement dans le four. Ce chargement com-
mence par une phase de nettoyage des pièces mécaniques à l’éthanol. Les solvants commerciaux
généralement associés aux bains à ultra-sons me semblent peu recommandables, certains d’entre
eux ont pollué le corps du four pendant plusieurs semaines. Un chargement d’environ 3 grammes
de lithium permet de disposer d’une autonomie d’utilisation de plusieurs mois tout en minimisant
les risques d’obstruction de la buse, le lithium étant un liquide très mouillant.

Pureté du gaz porteur argon Le gaz porteur, de l’argon pour la plupart de nos applications, est
fourni par la firme Air Liquide avec une pureté de 99,999 %. Nous éliminons les impuretés rési-
duelles (eau, dioxygène) en interposant entre le détendeur et le creuset de lithium une cartouche
purificatrice vendu par l’Air Liquide 3. Le seuil de filtration de la cartouche est de 20 micromètres,
et la teneur en impuretés en sortie de la cartouche est inférieure à 0,4 ppmv dans le cas de l’eau (≤
0,1 ppmv pour du dioxygène). Nous estimons qu’en maintenant un faible débit d’argon en perma-
nence à travers la buse, nous réduisons encore les risques d’oxydation du lithium. L’ensemble de
ces précautions nous a permis d’obtenir un fonctionnement fiable du four, et l’autonomie d’utilisa-
tion, dorénavant de plusieurs mois, est maintenant le plus souvent limitée par la quantité de lithium
introduite.

Utilisation du four Une fois le lithium introduit dans le corps du four, la vapeur de lithium
est portée à la température de référence T0 = 1080 K. Cette température est celle de la partie
avant du four et la partie arrière est portée à 1000 K. Ces valeurs sont limitées par la qualité de
l’enroulement des éléments chauffants et nous atteignons les conditions de référence (T0 = 1080
K, P0 = 330 mbars) au bout d’une heure de chauffage. Lors de la première utilisation d’un four,
j’ai constaté que le jet atomique n’est pas d’emblée opérationnel car, dans les premières heures
de chauffage, des espèces chimiques viennent polluer le jet d’atomes de lithium. L’hypothèse la
plus vraisemblable est le rôle joué par les atomes de sodium. De pression de vapeur saturante
plus élevée, ces atomes s’évaporent plus rapidement et s’ionisent sur le détecteur à fil chaud. En
l’absence de système de détection approprié, on ne peut pas exclure la formation d’hydrures de
lithium LiH, synthétisés en piégeant les dernières traces d’humidité. Il existe donc un effet de
retard à l’utilisation, qui cesse dès que ces composés ne sont plus présents dans le jet. La durée
du phénomène dépend des précautions décrites ci-dessus. Elle n’excède en général pas quelques
heures. Après utilisation, nous éteignons le four de lithium de manière progressive en surchauffant
en permanence la partie avant du four, d’environ 80 K par rapport à la partie arrière, de manière à
réduire au maximum les risques d’obstruction de la buse. Le corps du four étant assez massif, le
refroidissement du four, qui s’effectue presque exclusivement par rayonnement, prend en général
plusieurs heures.

3. Purificateur Sertronic 10 CT, Air Liquide France, Site Web: http://www.airliquide.fr
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2.4.2 Mesure de la distribution de vitesse du jet atomique

On dispose généralement de deux méthodes pour mesurer la distribution de vitesse d’un jet :

• une méthode de temps de vol [141], qui ramène la mesure de vitesse à une mesure de durée

• une méthode de fluorescence induite par laser, basée sur l’effet Doppler.
Nous avons choisi de mesurer la dispersion en vitesse du jet atomique par fluorescence induite

par laser, technique qui était plus adaptée à notre montage.

A. Principe de la mesure

Un laser accordable permet de sonder par effet Doppler les différentes classes de vitesse pré-
sentes dans un jet atomique. Les atomes qui, du fait de leur vitesse, entrent en résonance avec le
laser, émettent un photon de fluorescence, que l’on peut collecter à l’aide d’un photomultiplicateur
pour obtenir le flux d’atomes ayant une vitesse donnée. En répétant l’opération pour différentes
fréquences sondes, nous accédons à la distribution de vitesse du jet atomique. L’enregistrement du
signal de fluorescence en fonction de la fréquence du laser restitue fidèlement la distribution des
vitesses du jet si deux conditions sont remplies:

– la largeur naturelle de la transition atomique est négligeable devant l’élargissement Doppler
– l’élargissement par saturation de la raie atomique et la largeur de la raie laser sont négligeables.

L’expérience de fluorescence est schématisée sur la figure (2.10) où un faisceau laser pénètre
dans l’enceinte à vide en faisant l’angle θ avec l’axe du jet atomique. Au premier ordre, l’effet
Doppler dépend seulement de la projection vp de la vitesse de l’atome selon l’axe de propagation
du laser :

f (vp) =
Z

d3v f (v)δ(vp− vz cosθ− vx sinθ) (2.46)

A partir d’une distribution Maxwellienne elliptique des vitesses, rappelée à l’équation (2.11),
on détermine la fonction de distribution des vitesses projetées f(vp) en effectuant le changement de
variables suivant (vx,vz)−→ (v1,v2), l’axe y restant inchangé. Après intégration sur les vitesses vy
et v2, nous obtenons l’expression suivante de f(vp) :

f (vp) =
(

m
2πkBT (θ)

)1/2

exp

[
−m(vp−ucosθ)2

2kBT (θ)

]
(2.47)

avec T (θ) = T‖ cos2 θ+T⊥ sin2 θ (2.48)

La distribution f (vp) des atomes qui fluorescent est centrée en vp = ucosθ et sa largeur est reliée
à une moyenne pondérée des températures parallèles et perpendiculaires recherchées. Un premier
laser A sonde le jet atomique sous un angle voisin de 45 ◦: θA = 47,9± 0,5◦ pour accéder à la
température parallèle des atomes de lithium. Un second laser B, d’incidence proche de la normale
(θB ' 90◦), est sensible à la température perpendiculaire des atomes de lithium. La mesure du
décalage Doppler entre les pics A et B permet de déterminer la vitesse moyenne des atomes dans
le jet atomique.
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FIG. 2.10 – Schéma de l’expérience de fluorescence induite par laser (vue de dessus). Par effet
Doppler, le jet atomique est sensible à la projection vp de la vitesse de l’atome sur l’axe du faisceau
laser. Les photons de fluorescence émis sont collectés à l’aide d’une optique représentée sur la
figure (2.11) et détectés avec un photomultiplicateur (P.M.).

B. Dispositif expérimental

La distribution de vitesse du jet atomique est analysée en utilisant un laser sonde, des étalons
de fréquence et un dispositif permettant la collection et la détection des photons de fluorescence.

La sonde laser On sonde le jet atomique à l’aide d’un laser à colorant qui excite successive-
ment les composantes hyperfines de la transition 2S1/2 - 2P3/2 du lithium 7 à 671 nanomètres.
Les données numériques concernant cette transition sont présentées à l’annexe A. Les densités de
puissance laser utilisées, de l’ordre de 10−2 mW/cm2, correspondent à un paramètre de saturation
s ≈ 5× 10−3, traduisant un élargissement par saturation négligeable de la raie atomique. Le la-
ser est stabilisé en fréquence grâce à un asservissement en cavité externe utilisant la méthode de
Hänsch-Couillaud [102] qui permet d’obtenir une largeur de raie laser de l’ordre de 1 MHz. La
fréquence du laser est modifiée à l’aide d’une cale piézoélectrique de course 5 µm montée sur l’un
des miroirs de la cavité confocale utilisée pour l’asservissement Hänsch - Couillaud. Pour λL =
671 nanomètres, la longueur de la cavité laser étant de 1,7 m, l’excursion en fréquence du laser est
de 1,3 GHz. Les deux faisceaux lasers A et B traversent l’enceinte à vide à travers des hublots de
verre (BK7) et sondent le jet atomique 225 millimètres après l’embase de l’écorceur, à une distance
suffisante pour que l’expansion supersonique soit terminée.

Etalons de fréquence La calibration des spectres de fluorescence est réalisée à l’aide d’une
cavité confocale Fabry-Pérot de longueur L voisine de 30 centimètres. Cette cavité possède un
intervalle entre pics consécutifs, c/4L, voisin de 250 MHz et une finesse de l’ordre de 100. Nous
étalonnons ce Fabry - Pérot à partir d’un profil d’absorption saturé obtenu à partir d’une cellule
de type Heat-Pipe [142] en utilisant l’écart de 803,5 MHz entre les deux niveaux hyperfins de
l’état 2S1/2 du lithium 7. Un tel profil indique la position sur le spectre des raies atomiques du
lithium en s’affranchissant de l’effet Doppler. Cette référence de fréquence permet une mesure plus
précise de la vitesse moyenne des atomes de lithium, le laser B n’étant pas toujours exactement
perpendiculaire à l’axe z du jet atomique.
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Collection et détection des photons de fluorescence Les photons de fluorescence sont détectés
à l’aide d’une optique de collection représentée sur la figure (2.11), qui réalise l’image de la zone
émissive sur la photocathode d’un photomultiplicateur (P.M.). Le montage optique comprend deux
lentilles asphériques identiques (L1) et (L2), et une lentille de champ (LC) dont le rôle est de col-
lecter les photons situés légèrement en dehors de l’axe optique. Le miroir sphérique (M) augmente
l’efficacité de collection en réflichissant la lumière vers la zone émissive.

Lasers A et B

Photocathode

du P.M.

(L )1 (L )C (L )2

66 208

Y

X

Z

(M)

FIG. 2.11 – Montage optique utilisé pour collecter les photons de fluorescence induite par laser.
Le miroir sphérique (M) réfléchit la lumière vers la zone émissive, les lentilles (L1) et (L2) sont
des lentilles plan convexes, de grand diamètre et de courte focale ( f ′1 = f ′2 = 50 mm), toutes les
distances sont exprimées en millimètres.

Une fois collectés, les photons de fluorescence sont détectés par un photomultiplicateur EMI
9658 de photocathode S20. Le signal de fluorescence est exprimé en unités arbitraires (u.a.), la
valeur actuelle du rendement quantique étant suffisante pour enregistrer des spectres présentant un
bon rapport signal sur bruit.

C. Résultats expérimentaux

Nous avons enregistré une série de spectres de fluorescence pour différentes pressions du gaz
porteur argon. La figure (2.12) montre le spectre obtenu dans les conditions de référence : pression
du gaz porteur argon de 330 millibars et température du corps du four de 1000 Kelvins, correspon-
dant à une pression de vapeur saturante de lithium de 0,9 millibar. L’intervalle spectral libre utilisé
pour la calibration est de 251,4± 0,5 MHz. Le signal d’absorption saturé du lithium est représenté
pour les fréquences inférieures à 1750 MHz. Chaque spectre contient 2 000 points d’acquisition.
L’analyse d’un spectre de fluorescence fournit des informations variées rassemblées dans le tableau
(2.1): vitesse moyenne des atomes de lithium, température parallèle et perpendiculaire des atomes
de lithium, intensité du signal de fluroescence.

Vitesse moyenne des atomes de lithium La vitesse moyenne des atomes est mesurée à partir
du décalage Doppler entre les pics A et B correspondant au même niveau hyperfin (F = 1 ou
2). Nous obtenons u = 1010± 10 m.s−1. L’erreur sur la mesure est dominée par l’erreur sur la
mesure du cosinus de l’angle θA connu au mieux à 0,9 % près. La détermination de ce cosinus est
délicate car il n’est pas simple de mesurer des distances directement dans l’enceinte à mieux qu’un
millimètre près. La comparaison des différents spectres permet de vérifier que la vitesse des atomes
est indépendante de la pression du gaz porteur P0, en accord avec la loi théorique u = (5kBT/m1)1/2

obtenue à l’équation (2.4-c). Pour une température du four de 1080 Kelvins, nous prévoyons une
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FIG. 2.12 – Signal de fluorescence induite par laser en fonction de la fréquence du laser. Les pics
de fluorescence sont identifiés par la valeur du niveau F qu’ils représentent (F = 1 ou 2) et par
une lettre (A ou B) qui indique quel faisceau laser est concerné.

vitesse moyenne des atomes d’argon u = 1060 m/s à l’équilibre thermodynamique. D’après P.A.
Skovorodko [136], le décalage des vitesses entre atomes de lithium et atomes d’argon est de 1 %,
et la vitesse moyenne des atomes de lithium est donc de 1070 m/s. L’écart observé avec la valeur
théorique peut avoir différentes origines. La thermalisation du gaz peut ne pas être effective car le
temps caractéristique d’écoulement du gaz dans la buse est de l’ordre de la seconde : le volume à
vidanger est de quelques centimètres cubes et le débit de gaz émis à travers la buse est de 3 cm3/s
pour T0 = 1080 K. Compte tenu de la difficulté de mesurer très précisément l’angle θA, cette mesure
de vitesse est peu fiable, et nous pensons que l’écart existant entre la valeur mesurée (1010 m/s) et
la valeur théorique est liée à l’erreur commise sur la mesure de l’angle θA que nous pensons sous-
estimée. Une détermination plus précise de la vitesse moyenne des atomes de lithium est proposée
au chapitre 6 et nous verrons que la valeur obtenue est alors en bon accord avec la théorie des jets
supersoniques.

Température perpendiculaire des atomes de lithium La largeur des pics B devrait permettre
de déterminer la température perpendiculaire des atomes de lithium T⊥2. Le laser B est en effet très
proche de l’incidence normale, comme le montre le profil d’absorption saturée. La zone observée
du jet fait quelques millimètres de large ce qui correspond à une ouverture angulaire ∆θ du jet ato-
mique de l’ordre de quelques 10−2 radian. Cette ouverture angulaire conduit à une dispersion de
vitesse transverse u∆θ très supérieure à la dispersion de vitesse liée à la température perpendicu-
laire. La température perpendiculaire n’aura donc pas d’interprétation simple, mais elle sur estime
la température perpendiculaire réelle. Nous avons signalé que Beijerinck et Verster décrivent la
distribution de vitesse transverse en utilisant une double Gaussienne [114, 134] et P.A. Skovo-
rodko une fonction exponentielle [136]. Nous ajusterons nos points expérimentaux selon une loi
Gaussienne car nous surestimons la température perpendiculaire des atomes.
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Température parallèle des atomes de lithium La largeur des pics A détermine la température
moyennée T (θ) définie par l’équation (2.48). Nous négligerons la contribution de T⊥ dans l’ex-
pression de T (θ) car nous considérons que la température perpendiculaire est surévaluée. Nous
obtenons ainsi une borne supérieure pour la température parallèle T‖2 des atomes de lithium à
partir de l’expression (2.48) qui devient :

T‖ = T (θ)/cos2 θ (2.49)

Intensité du signal de fluorescence En mesurant sur chacun des spectres l’intensité de la fluo-
rescence à partir du pic 2A, exprimée en unités arbitraires, nous avons une idée du comportement
de l’intensité du jet avec la pression d’argon. La décroissance de l’intensité du jet lorsque la pres-
sion d’argon augmente peut indiquer que le jet interagit avec le gaz résiduel, probablement au
voisinage de l’écorceur.

Sur la figure (2.12), chaque pic de fluorescence a été ajusté séparément de son voisin à partir
d’une loi Gaussienne. Dans la direction longitudinale du jet, cette approximation est très satisfai-
sante (Cf. paragraphe (2.2)). La procédure de fit, basée sur une méthode de moindres carrés, fournit
la température parallèle T‖2 = T‖Li avec une incertitude de 0,2 Kelvin. L’erreur sur la mesure de
l’angle θA entraîne une erreur de 0,2 K sur la mesure de température parallèle. Nous estimons
donc que chaque température parallèle est mesurée avec une incertitude de 0,3 K. A cause de la
difficulté de mesurer très précisément l’angle θA et l’incertitude sur la mesure de cet angle, on peut
craindre de sous estimer l’incertitude réelle et nous utiliserons une incertitude de 0,5 K. La table
(2.1) montre que l’effet de refroidissement est clairement mis en évidence.

TAB. 2.1 – Mesures expérimentales de la vitesse moyenne et des températures parallèles et per-
pendiculaires des atomes de lithium. Pour chaque pression d’argon P0, la donnée de la tempéra-
ture parallèle des atomes d’argon, calculée par la loi semi-empirique de Beijerinck et Verster (Cf.
2.2.4), met en évidence l’effet de refroidissement des atomes de lithium.

P0 (mbars) u(m.s−1) T‖1 = T‖Ar(K) T‖2 = T‖Li(K) T⊥2(mK) Fluorescence (u.a.)
200 1020 32,6 10,1 493 8,5
267 1002 24,7 7,6 514 7,9
333 1009 19,9 6,6 497 7,0
400 1003 16,7 6,0 488 5,8
467 1015 14,4 6,1 546 6,6
534 996 12,6 6,0 593 5,0
600 1009 11,2 5,3 550 5,6

2.4.3 Mise en évidence du refroidissement de l’espèce ensemencé

Nous allons voir que le modèle théorique développé au paragraphe (2.3) explique la température
obtenue pour les atomes de lithium, et permet d’interpréter le résultat obtenu dans l’équipe de D.
Pritchard, pour laquelle l’espèce ensemencée est du sodium [143].
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Refroidissement longitudinal des atomes de lithium

Nous aurions souhaité mesurer simultanément la température parallèle des atomes de lithium et
celle des atomes d’argon dans notre jet atomique. Une mesure par effet Doppler est malheureuse-
ment impossible à partir de l’état fondamental de l’atome d’argon. La distribution de vitesse des
atomes d’argon peut être obtenue par une méthode de temps de vol mais nous ne disposions pas
du matériel nécessaire. Toutefois, le rapport des densités d’atomes dans le jet, n2/n1, varie de 1,5
×10−3 à 4,5× 10−3 suivant la pression d’argon utilisée (PLi = 0,9 mbar), de sorte que l’expan-
sion des atomes d’argon dans le jet n’est pratiquement pas modifiée par la présence des atomes
de lithium (2.3.2). Nous déduisons ainsi la température parallèle finale T‖1∞ des atomes d’argon
de la loi semi-empirique de Beijerinck et Verster, étudiée au paragraphe (2.2.4). Cette loi fournit
le rapport terminal de vitesse parallèle d’un jet supersonique d’argon pur avec une incertitude que
nous avons évalué à ± 7 %, ce qui permet de déterminer T‖1∞ en utilisant la relation (2.26).

Dans les conditions de référence (T0 = 1080 K, P0 = 333 mbars), nous obtenons S‖1∞ = 10,9
± 0,8. La température parallèle des atomes d’argon est donc T‖1∞ = 19,9 ± 2,6 K tandis que la
mesure de température parallèle des atomes de lithium fournit T‖2 = 6,6 ± 0,5 K. Il est possible
d’identifier T‖2 à T‖2∞ : la zone sondée par le laser, située à 225 millimètres en aval de l’écorceur,
correspond à ζ voisin de 190, point en lequel l’expansion est pratiquement terminée (Ξ = 31,9 et
z/d = 1310). Ainsi, le rapport T‖2∞/T‖1∞ est de 0,33 ± 0,07, une valeur numérique en bon accord
avec la valeur théorique de 0,38 prédite au paragraphe (2.3). A la fin de l’expansion supersonique,
les températures longitudinales des atomes de lithium et d’argon diffèrent notablement : il existe
un effet de refroidissement longitudinal à l’avantage de l’espèce la plus légère d’un facteur non
négligeable, voisin de 3.

La figure (2.13) représente la température parallèle T‖2 des atomes de lithium en fonction de
la pression d’argon. La courbe en trait plein est la solution du modèle théorique développé au pa-
ragraphe (2.3): T‖2∞ = 0,38× T‖1∞, où la température T‖1∞ est déduite de la loi semi-empirique
de Beijerinck et Vertser. La courbe en pointillés est le résultat d’un fit portant sur les quatre pre-
miers points expérimentaux: T‖2∞ = 0,31×T‖1∞. Pour des pressions supérieures à 400 millibars,
la température parallèle semble stagner alors que notre théorie prévoit une loi continument dé-
croissante. Nous pensons que cette différence peut s’expliquer par l’interaction du jet atomique
avec le gaz résiduel, notamment au voisinage de l’écorceur. Une autre explication pourrait être la
formation d’agrégats. D’après les travaux de Hagena [144] , cités par Beijerinck et Verster [114],
la formation d’agrégats ne se produit dans un jet d’argon si la quantité p0d0,88T−2,3

0 devient su-
périeure à 4,9× 10−7 mbar.m0,88.K−2,3. Même pour P0 = 600 millibars, la quantité p0d0,88T−2,3

0
vaut seulement 3,6×10−8 mbar.m0,88.K−2,3 et reste en deça du seuil de formation des agrégats. La
formation d’autres agrégats, mixtes en particulier, est peu probable: la concentration des atomes
de lithium dans le jet est très faible et la molécule LiAr est beaucoup moins liée que la molécule
Ar2 [145, 146].

Cas du sodium ensemencé dans l’argon

L’interféromètre mis au point dans l’équipe de D. Pritchard en 1991 [88, 77] a fonctionné avec
un jet supersonique d’atomes de sodium ensemencé dans de l’argon, pour une température du four
voisine de 1 000 K et une pression d’argon ajustable jusqu’à 3 bars à travers une buse de diamètre
70 micromètres. La valeur rms de la vitesse des atomes de sodium, mesurée à partir d’un profil
de diffraction, était de 3,7 ± 0,4 m/s, ce qui correspond à une température T‖2∞ de 4,1 ± 0,9 K.
Le calcul de la température terminale de l’argon pour la pression la plus élevée conduit à T‖1∞ =
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FIG. 2.13 – Température parallèle T‖2 des atomes de lithium ensemencés dans l’argon en fonction
de la pression d’argon. Les quatre premiers points de mesure (Tableau (2.1)) sont ajustés par une
courbe en pointillés, tandis que le résultat de notre calcul théorique T‖2∞ = 0,38×T‖1∞ est repré-
senté en trait plein. La température T‖1∞ est déterminée par la loi semi-empirique de Beijerinck et
Verster.

7,7 ± 1,1 K, soit T‖2∞/T‖1∞ = 0,53 ± 0,19. Dans le cas du sodium ensemencé dans l’argon, on
calcule un rapport d’espèce de 1,67 en utilisant les valeurs des C6 de la référence [98]. L’intégration
numérique des équations (2.40-a) et (2.40-b) fournit un résultat en bon accord avec l’expérience
de D. Pritchard : notre calcul prédit T‖2∞/T‖1∞ = 0,66.

2.4.4 Conclusions

La température parallèle des atomes de lithium est comprise entre 5 et 10 K selon la pression
d’argon utilisée, ce qui met en évidence un effet de refroidissement du jet atomique dans la di-
rection longitudinale à l’avantage de l’espèce la plus légère. Les résultats obtenus sont en accord
avec la théorie présentée au paragraphe (2.3), ce qui justifie a postériori les approximations effec-
tuées pour traiter les termes de collision. Cette théorie permet également d’expliquer les résultats
expérimentaux observés dans l’équipe de D. Pritchard (sodium dans argon).

2.5 Brillance du jet atomique

Plusieurs quantités physiques permettent de caractériser les jets atomiques. En général, ces
quantités sont introduites par analogie avec la photométrie [108]. Ce paragraphe complète l’étude
de la source d’atomes de lithium en déterminant la brillance du jet, définie comme le nombre
d’atomes émis par unité de temps, de surface et d’angle solide, par analogie avec la luminance
définie pour caractériser une source photonique.
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2.5.1 Intensité du jet d’atomes de lithium

Nous commençons par déterminer l’intensité du jet atomique, c’est à dire le nombre d’atomes
émis par la source par unité de temps et d’angle solide. Le cas particulier d’un jet supersonique
de gaz pur monoatomique a été étudié au paragraphe (2.2.1). L’intensité du jet est alors définie à
partir du débit d’atomes D :

D = n0(
πd2

4
)

√
γkBT0

m
(
γ+1

2
)−

γ+1
2(γ−1) (2.50)

par la relation I = κγ D/π où κγ désigne le "peaking factor". La grande dilution des atomes
de lithium dans le jet d’atomes d’argon permet de déterminer l’intensité des atomes d’argon dans
notre jet à partir des relations valables pour un gaz pur monoatomique. Pour une température de
l’avant du four de 1080 Kelvins, une pression d’argon de 330 millibars et un diamètre de buse de
200 micromètres, le débit d’atomes d’argon est DAr = 2,4 ×1019 atomes.s−1 correspondant à une
intensité du jet IAr = 1,5 ×1019 atomes.s−1.sr−1. Nous déduisons l’intensité du jet d’atomes de
lithium du rapport des densités atomiques de lithium et d’argon initialement présentes dans le four
à 1000 Kelvins : n0

Li/n0
Ar, soit 0,9 millibar / 330 millibars ' 2,8×10−3 :

ILi =
n0

Li

n0
Ar
× IAr = 4,2×1016 atomes.s−1sr−1. (2.51)

2.5.2 Brillance du jet d’atomes de lithium

Par analogie avec la photométrie, on définit la brillance B d’un jet atomique par la relation :

dN = B dS dΩ dt (2.52)

dans laquelle dS est l’élément de surface émettrice, dΩ est un élément d’angle solide autour de la
direction moyenne du jet atomique, dt l’élément de durée et dN le nombre d’atomes émis. A cause
des collisions entre atomes, la brillance n’est pas constante mais dépend du point où on l’évalue.
C’est une différence importante avec la brillance (ou luminance) d’une source lumineuse qui est
une constante en l’absence de phénomènes d’absorption. Nous allons supposer qu’il n’y a plus de
collisions après l’écorceur et évaluer la brillance au niveau du trou de l’écorceur de rayon rs = 0,48
mm, situé à la distance zs = 20,0 mm de la buse. L’intensité du jet atomique de lithium nous permet
d’évaluer le nombre d’atomes de lithium franchissant l’écorceur par seconde :

dN/dt = ILi∆Ωs avec ∆Ωs = πr2
s /z2

s (2.53)

∆Ωs désigne l’angle solide sous lequel l’écorceur est vu depuis la buse.

Il nous faut calculer l’angle solide ∆Ω dans lequel ces atomes sont émis. Deux effets contribuent
à le définir. Si l’écoulement hydrodynamique produisait un gaz de température nulle, cet angle
solide serait égal à l’angle solide ∆Ωs. Mais le gaz n’est pas de température nulle et la dernière
collision donne aux atomes de lithium une vitesse transverse de l’ordre de a‖Li = (2kBT‖Li/mLi)1/2.
A cause de cette vitesse transverse, pour chaque ligne de l’écoulement hydrodynamique, les atomes
de lithium sont émis dans un angle solide :

∆Ωc ' π(a‖Li/u)2 = 4,4×10−2sr (2.54)
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et l’angle solide total résulte de la convolution de ces deux effets. Comme a‖Li/u est un peu plus
grand que rs/zs ' 0,05, nous approximons ∆Ω par ∆Ωc. Nous pouvons ainsi évaluer la brillance
de notre jet atomique de lithium :

BLi =
ILi

z2
s ∆Ωc

= 2,4×1021atomes.s−1.m−2.sr−1 (2.55)

Densité d’atomes dans l’espace des phases

On peut compléter cette étude en évaluant la densité d’atomes dans l’espace des phases :

Λ = d6N/(d3rd3p) (2.56)

Dans la littérature [47, 147], on exprime souvent le résultat sous la forme d’une grandeur sans
dimension : Λ̃ = Λh3, h désignant la constante de Planck. Le nombre d’atomes de lithium qui
traversent l’écorceur pendant la durée dt s’écrit :

dNLi = ILi∆Ωsdt (2.57)

Ces atomes sont contenus dans le cylindre de rayon rs et de hauteur udt donc de volume d3r =
πr2

s udt. Ces atomes ont une vitesse moyenne u selon l’axe z et une distribution d’impulsion que
nous approximons par une Gaussienne isotrope de largeur a‖Li dans les trois directions et dont la
fonction normée s’écrit :

P(v)d3v =

(
1

a‖Li
√

π

)3

exp

[
−v2

x + v2
y +(vz−u)2

a2
‖Li

]
d3v (2.58)

Pour v = (0,0,u), la densité maximale dans l’espace des vitesses est donc (a‖Li
√

π)−3 et corres-
pond à (ma‖Li

√
π)−3 dans l’espace des impulsions, de sorte que la densité d’atomes dans l’espace

des phases s’écrit :

Λ̃ =
ILih3

π3/2ua3
‖Lim

3z2
s

(2.59)

Dans les conditions de référence, nous calculons a‖Li= 125,4 m/s, et Λ̃ = 2×10−12.

Comparons nos mesures de brillance et de densité à celles obtenues dans la littérature. D’après
H.J. Metcalf [147], la brillance d’un jet thermique d’atomes est évaluée aux alentours de 1016 S.I.
avec Λ̃∼ 10−12. L’équipe de D. Meschede [47] mesure une brillance de 1020 atomes.s−1.m−2.sr−1

pour un jet thermique d’atomes de césium de Λ̃ ' 10−15. Il s’agit d’un jet effusif d’atomes de
césium, porté à une température de 410 Kelvins. Elle montre néanmoins que nos résultats sont
très satisfaisants, surtout si l’on prend en compte la difficulté de produire une vapeur atomique de
lithium. La figure (2.14) représente les brillances obtenues dans différents groupes de recherche.
Il s’agit pour l’essentiel d’atomes refroidis à l’aide de pièges magnéto-optiques et ralentis à l’aide
de ralentisseurs Zeeman, ce qui augmente la brillance obtenue d’un facteur notable.
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FIG. 2.14 – Mesures de brilance dans l’espace des phases tirée de la référence [147]: jet ther-
mique de Meschede [47], notre jet atomique (étoile = valeur calculée; carré = valeur mesurée).
Les autres références concernent des sources d’atomes refroidis : Beijerinck [148] et Ertmer-
Schiffer [149] (gaz rares métastables), Walraven [150], Cornell et Wieman [151], Riis [152] et
Lison [47] (alcalins), Ertmer-Scholz [153], Metcalf [154], Guéry-Odelin [155].

2.5.3 Flux disponible après collimation

Après traversée de l’écorceur, notre jet d’atomes de lithium est fortement collimaté par deux
fentes, F0 et F1, de largeur respective, e0 et e1, de hauteur utile h0 et h1, situées aux distances
z0 = 485 mm et z1 = 1265 mm de la buse. Après collimation par les fentes F0 et F1, le flux dont
nous disposons est de la forme :

FLi,coll = BLi
e1 h1

(z1− zs)2
(e0 h0)(z1− zs)2

(z1− z0)2 (2.60)

Dans cette expression, nous avons introduit respectivement l’angle solide défini par la fente 2 vue
de la zone d’émission et la portion de surface émettrice obtenue par projection de la fente 1 dans
le plan de l’écorceur à partir du centre de la fente 2. Après simplification, il vient :

FLi,coll = BLi
(e1 h1)(e0 h0)

(z1− z0)2 (2.61)

La hauteur utile des fentes est définie par la portion de jet détectée. En supposant que les atomes
ont des trajectoires en forme de ligne droite 4 depuis l’écorceur de diamètre 0,97 millimètre jusqu’à
un trou de diamètre 3 millimètres situé 3,2 mètres plus loin, les hauteurs utiles des fentes sont

4. En toute rigueur, l’influence de la gravitation n’est pas nulle: pour un temps de vol de 3 ms depuis l’écorceur
jusqu’au trou de diamètre 3 mm, la hauteur de chute des atomes est de gt2/2 soit 45 µm seulement.
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respectivement h0 = 1,3 mm et h1 = 1,8 mm. Pour e0 = 20 µm,e1 = 12 µm et z1− z0 = 780 mm,
nous calculons le flux total d’atomes disponible pour l’expérience d’interférométrie:

FLi,coll ' 2,2×106 atomes.s−1. (2.62)

En fait, après collimation, nous détectons 8×104 atomes.s−1 sur le détecteur à fil chaud, dont
nous chiffrons l’efficacité à 30 %. Cette mesure permet d’évaluer expérimentalement le flux après
collimation : FLi,coll,exp ' 2,6×105 atomes.s−1. Une valeur expérimentale de la brillance de notre
jet atomique est donc :

BLi,exp ' 2,8×1020 atomes.s−1.m−2.sr−1 (2.63)

Nous attribuons le facteur 10 existant entre le calcul théorique et la valeur mesurée à l’atté-
nuation du jet atomique dans les diverses chambres, que nous avons négligée. Par analogie avec
les sources photoniques, évaluons pour terminer la divergence de notre jet atomique. Cette quan-
tité est déterminée par la largeur des fentes de collimation et par la distance qui les sépare. Pour
des largeurs de fente identique, la divergence du jet obtenue est de 41 microradians. Cette valeur,
nettement inférieure aux valeurs généralement obtenues avec des sources photoniques comme les
lasers Hélium - Néon, est le résultat de la très forte collimation réalisée. Nous verrons que cette
collimation, qui limite de manière assez importante le flux d’atomes disponibles, est nécessaire
pour diffracter l’onde atomique de lithium.

2.6 Conclusions
Dans ce chapitre, nous avons étudié en détail la source de l’interféromètre atomique. Après avoir

rappelé la théorie des jets supersoniques de gaz purs (paragraphe (2.2)), nous avons développé un
modèle théorique qui permet de prédire la température parallèle terminale d’un mélange de deux
gaz monoatomiques, dans la limite d’une dilution quasi-infinie (paragraphe (2.3)). Cette étude
s’inspire fortement de la démarche et des notations introduites par Toennies et Winkelmann et
Beijerinck et Verster dans le cas de l’expansion supersonique de gaz purs. Elle est valable lorsque
les vitesses hydrodynamique d’écoulement des deux atomes sont voisines, ce qui est généralement
le cas lorsqu’un gaz léger est ensemencé dans un gaz plus lourd. Deux points essentiels expliquent
l’effet de refroidissement observé :

– L’interaction Li - Ar est de portée plus importante que l’interaction entre atomes d’argon ce
qui explique que le refroidissement dure plus longtemps pour les atomes de lithium.

– La quantité d’énergie échangée entre les deux espèces durant une collision dépend du rapport
des masses mises en jeu qui détermine l’essentiel de l’effet de refroidissement.

Nous avons ensuite décrit le four de lithium construit à Toulouse en insistant sur les améliora-
tions apportées au dispositif pour le fiabiliser (paragraphe (2.4)) puis nous avons caractérisé le jet
atomique en mesurant sa dispersion en vitesse par effet Doppler. Pour une température de la buse
du four de 1080 K et une pression d’argon de 330 millibars, la dispersion en vitesse longitudinale
des atomes de lithium est de ± 10%, centrée autour d’une valeur moyenne de 1010 ± 10 m.s−1.
Le tableau (2.2) fournit les valeurs du paramètre a‖,Li = (2kBT‖2,∞/mLi)1/2 qui caractérise la distri-
bution de vitesse parallèle des atomes de lithium du jet pour une pression d’argon comprise entre
200 et 600 millibars.
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TAB. 2.2 – Dispersion de vitesse parallèle a‖,Li = (2kBT‖2,∞/mLi)1/2 des atomes de lithium pour
différentes pressions d’argon P0. La température du four est T0 = 1080 Kelvins.

P0 (millibars) 200 267 333 400 467 534 600
a‖Li(m.s−1) 155,8 134,5 125,4 119,8 121,3 119,4 112,8

La comparaison de la brillance de notre jet atomique avec celle obtenue par d’autres équipes
montre que les performances de notre jet sont très satisfaisantes. La distribution de vitesse des
atomes dans le jet correspond à une température des atomes de lithium qui se situe dans la gamme
qui va de 5 à 10 K selon la pression d’argon utilisée. Cette mesure de température permet de vérifier
que l’effet de refroidissement longitudinal des atomes de lithium, prédit par l’étude théorique, est
réellement observé.

L’originalité de notre modèle concerne le traitement des intégrales de collision. En dehors de
ces travaux, aucune étude portant sur la mesure de températures n’a été publié concernant l’en-
semencement d’une espèce légère dans une espèce plus lourde. Dans ce cas comme dans le cas
opposé, il apparaît que l’espèce la plus légère bénéficie de l’effet de refroidissement. Cet effet,
même s’il fait appel à de la physique essentiellement étudiée dans les années 70 - 80, est très ori-
ginal, et témoigne de l’intérêt que peuvent présenter en physique, des situations hors de l’équilibre
thermodynamique.



Chapitre 3

Diffraction de l’onde atomique

Ce chapitre a pour objet l’étude théorique puis expérimentale de la diffraction de l’onde ato-
mique de lithium par une onde stationnaire laser quasi - résonante avec la première transition de
résonance du lithium à 671 nm.

La diffraction d’atomes aux énergies thermiques par une onde stationnaire laser quasi résonante
a été largement étudiée dans plusieurs groupes de recherche. Citons les travaux pionniers de D.
Pritchard [37, 38, 156, 157, 158], les expériences menées dans le groupe de A. Zeilinger portant
sur l’étude du régime de Kapitza - Dirac [52, 159, 160, 161, 162] ou celles menées dans le groupe
de S.A. Lee, portant sur la diffraction d’une onde atomique dans le régime de Bragg [53, 163].

En traversant l’onde stationnaire laser, l’onde atomique voit son amplitude et sa phase modi-
fiées. L’action du laser sur l’amplitude de l’onde atomique permet de construire des séparatrices et
des miroirs à atomes, ce qui est très intéressant pour construire un interféromètre atomique. L’ac-
tion sur la phase de l’onde atomique est plus méconnue et nous nous intéresserons à ce sujet dans
ce chapitre, en montrant qu’il peut avoir des conséquences pour la construction de l’interféromètre.

Le chapitre s’organise comme suit. Nous rappelons dans une première partie la dynamique
d’un atome à l’intérieur du potentiel périodique formé par l’onde stationnaire laser en utilisant le
formalisme des états de Bloch. Cette étude, très générale, montre que la dynamique de l’atome dans
le champ laser est régie par l’équation de Mathieu, et ramène la construction de séparatrices et de
miroirs à atomes d’ordre p à la connaissance de deux quantités réduites q et τ que nous définirons.
Dans un deuxième temps, nous nous intéresserons à la diffraction dans le régime de Bragg de
manière plus spécifique. Nous verrons à cette occasion que dès le second ordre de diffraction, un
traitement par la théorie des perturbations n’est plus applicable et que seule une solution numérique
est envisageable. La troisième partie du chapitre présente nos expériences de diffraction de l’onde
atomique qui sont en bon accord avec l’étude théorique réalisée aux deux paragraphes précédents.
Après avoir visualisé l’oscillation de Rabi au premier ordre de diffraction, nous présenterons les
profils de diffraction de l’onde atomique de lithium. Nous avons observé la diffraction jusqu’au
quatrième ordre. Le chapitre se termine en montrant comment on peut construire une séparatrice
et un miroir à atomes d’ordre p, et en évaluant les phases de diffraction qui sont associées à cette
construction expérimentale.
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3.1 Interaction d’un atome avec une onde laser stationnaire

3.1.1 Rappels et notations
Ce paragraphe a pour objet d’effectuer des rappels et de fixer les notations. Pour la description

de l’interaction atome - champ électromagnétique, je suivrai le livre "Processus d’interaction entre
photons et atomes" [164] écrit par C. Cohen-Tannoudji, G. Grynberg et J. Dupont-Roc.

La dynamique d’un atome peut être décrite à partir de deux types de variables : les variables
dites externes, qui décrivent le mouvement du centre de masse de l’atome et dont les états propres
sont des ondes planes, et les variables qui rendent compte de son état interne, que je modéliserai
par un système à deux niveaux f et e. Le niveau f est le fondamental de l’atome et il est séparé
du niveau excité e par l’énergie h̄ω0. L’interaction de l’atome avec le champ laser sera traitée dans
l’approximation dipolaire électrique, en supposant que la transition entre les niveaux f et e est une
transition dipolaire électrique autorisée. La durée de vie radiative de l’état excité sera notée 1/Γ.

L’atome est soumis à l’action d’un rayonnement électromagnétique décrit par un champ semi -
classique. Puisque la transition est dipolaire électrique, nous avons besoin de connaître le champ
électrique ~E , de polarisation~ε et de fréquence ωL/(2π) :

~E = E~ε cos(ωLt) (3.1)

La description de l’atome par un système à deux niveaux n’est valable que si la fréquence du
champ électromagnétique est proche de la fréquence ω0/(2π) de la transition résonante et nous
supposerons donc que le désaccord δL = ωL−ω0 vérifie |δL| << ω0,ωL, ce qui est, en général,
très bien vérifié pour les expériences faites avec des lasers continus. La pulsation de Rabi Ω1 de
l’atome plongé dans le champ ~E est donnée par :

h̄Ω1 =−(~d.~ε)E (3.2)

où ~d désigne l’élément de matrice du dipôle ~D de l’atome, ~d =< f |~D|e >. Les équations de Bloch
optiques, qui décrivent l’évolution temporelle de la matrice densité atomique, montrent que l’action
de l’onde laser stationnaire sur le jet atomique est équivalente à l’action d’un potentiel dipolaire de
la forme [164] :

V =
h̄Ω2

1
4δL

(3.3)

Ce résultat est établi en supposant δL ÀΩ1, c’est à dire pour un paramètre de saturation s¿ 1 (la
définition du paramètre s étant rappelée à l’annexe A) et δL À Γ. Ces deux conditions sont bien
vérifiées dans nos expériences.

Nous considérons une onde laser stationnaire résultant de la superposition de deux ondes pro-
gressives contrapropageantes de vecteur d’onde opposés, kL et −kL, de même pulsation ωL et
de même vecteur polarisation~ε. En supposant le laser non résonant, le seul processus autorisé est
l’absorption suivie de l’émission stimulée d’un photon de même pulsation et de même polarisation,
ce qui ramène l’atome dans son état initial : la seule quantité qui peut avoir changé est l’impulsion
atomique modifiée de 2h̄kL si les deux photons absorbé et émis vont en sens contraire. Ce pro-
cessus est la base de la diffraction par laser et comme l’état interne est inchangé, il s’agit d’une
diffraction élastique. En utilisant des ondes stationnaires formées de deux faisceaux de pulsations
ou de polarisations différentes, on peut provoquer des diffractions inélastiques, le plus souvent avec
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changement d’état hyperfin par une transition Raman. Ce cas plus général ne sera pas considéré
dans ce chapitre. Le champ électrique des deux ondes s’écrit :

~E(x,z,t) = E0(z,t)~ε exp [ i(ωLt± kLx)] (3.4)

où z désigne la direction de propagation de l’onde atomique, x celle de l’une des deux ondes
lasers contrapropageantes. Ces ondes sont supposées d’extension suffisamment grande dans la
direction y pour que l’on puisse oublier la dépendance de la fonction d’onde avec cette coordonnée.
La fonction E0(z,t) décrit le profil transverse du champ, supposé identique pour les deux ondes
progressives. Dans certaines expériences, comme les interféromètres temporels, le champ n’est
appliqué que durant des impulsions et la dépendance temporelle de E0(z,t) joue un rôle important.
Le champ total vu par l’atome s’écrit:

~E(x,z,t) = 2E0(z)~ε cos(kLx)cos(ωLt) (3.5)

En explicitant la pulsation de Rabi, le potentiel lumineux V s’écrit sous la forme :

V (x,z) =

(
~d.~εE0(z)

)2
cos2(kLx)

h̄δL

=
V0(z)

4
[2+ exp(2ikLx)+ exp(−2ikLx)] (3.6)

Le premier terme du potentiel, d’amplitude V0/2, ne dépend pas de la variable x et comme le
potentiel est faible devant l’énergie cinétique de l’atome, ce terme, qui n’a aucune conséquence,
sera supprimé. L’enveloppe V0(z), proportionnelle à la densité de puissance du laser divisé par
l’écart à résonance δL, peut être explicitée en supposant pour simplifier ~d et~ε parallèles:

V0(z) = d2E2
0 (z)/(h̄δL) (3.7)

Le champ lumineux E0(z) est relié à la puissance P transportée par un des deux faisceaux
formant l’onde laser stationnaire. Pour une description simplifiée, on peut considérer le faisceau
laser, rond, de diamètre D et de densité de puissance P uniforme et dans ce cas:

E2
0 = 2µ0c

P
πD2 (3.8)

On considèrera également des faisceaux Gaussiens au niveau du waist, de rayon w0, dans lequel le
champ est donné par :

E(y,z) = Em exp
[−(

y2 + z2)/w2
0
]

(3.9)

avec le champ Em donné par :

Em = 4µ0c
P

πw2
0

(3.10)
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3.1.2 Equation de Schrödinger
Considérons un atome incident de vecteur d’onde k et d’énergie E = h̄2k2/(2m) dans l’espace

libre qui arrive sur l’onde stationnaire qui vient d’être décrite. L’effet de l’onde est de créer un
potentiel V (x,z). Dans toute la suite, on oubliera le mouvement selon la direction y et nous avons
donc à résoudre l’équation de Schrödinger à deux dimensions :

− h̄2

2m

(
∂2Ψ
∂x2 +

∂2Ψ
∂z2

)
+V (x,z)Ψ = EΨ (3.11)

Ce problème est difficile à résoudre dans le cas général. Notre équipe est parvenue à une solu-
tion lorsque le profil spatial du laser correspond à un faisceau de densité de puissance uniforme
sur une distance D [165]. La solution s’effectue en deux étapes. La première consiste à calculer les
fonctions d’onde du mouvement selon l’axe x, puis à écrire les équations de continuité de l’onde
atomique à l’entrée et à la sortie du faisceau lumineux. Nous commençons par introduire le for-
malisme des états de Bloch, très commode pour décrire la dynamique de l’atome à l’intérieur d’un
potentiel lumineux périodique.

3.1.3 Les états de Bloch
L’onde laser stationnaire jouant le rôle d’un réseau de pas a = λL/2, il est possible de traiter

la fonction d’onde atomique durant sa traversée du laser à partir d’états de Bloch, par analogie
avec la physique du solide. Des travaux théoriques ont été menés par Lethokov et Minogin vers
1980, par Y. Castin et J. Dalibard dès 1991 [166] et des oscillations de Bloch atomiques ont été
observées en 1996 dans les groupes de recherche de C. Salomon [167] et de M.G. Raizen [168].
Pour la diffraction atomique par une onde laser stationnaire, un raisonnement du type états de
Bloch apparaît dans deux articles de l’équipe de A. Zeilinger publiés en 1999 [39, 169].

L’équation décrivant le mouvement de l’atome selon la direction x peut être simplifiée en in-
troduisant une coordonnée spatiale réduite X = kLx et nous mesurerons les vecteurs d’onde en
unités de kL en posant kr = k/kL. L’unité naturelle d’énergie associée à la diffraction d’une onde
atomique est l’énergie de recul h̄ωr de l’atome, c’est à dire l’énergie cinétique prise par un atome
initialement au repos après absorption ou émission d’un photon :

h̄ωr = h̄2k2
L/(2m) (3.12)

Nous exprimons l’énergie E de l’atome en unités d’énergie de recul en posant ε = E/(h̄ωr) et
mesurons l’intensité du potentiel lumineux dans cette unité en introduisant le paramètre q :

q = V0/(4h̄ωr) (3.13)

suivant ainsi la notation proposée par C. Keller [39], reprise par notre équipe en 2001 [165]. Avec
ces notations, l’équation de Schrödinger à une dimension s’écrit sous la forme :

∂2Ψ
∂X2 +[ε−2qcos(2X)]Ψ = 0 (3.14)

Enfin, nous introduisons un temps d’interaction réduit, noté τ, pour prendre en compte la durée
tint de l’interaction de l’atome avec le laser (la définition précise de ce temps d’interaction, qui
dépend du profil spatial du faisceau laser, sera faite plus loin) :

τ = ωr tint (3.15)
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Diagramme de Bloch Désignons par H le hamiltonien associé à l’éqauation de Schrödinger
(3.14). La matrice associée à l’hamiltonien peut être explicitée sur la base des ondes planes |kxr >
avec kxr = kx/kL. En l’absence de potentiel lumineux (q = 0), l’atome est libre et son énergie,
exprimée dans l’unité réduite h̄ωr, vaut simplement k2

xr. Lorsque q est non nul, l’équation (3.6)
montre que la perturbation lumineuse ne couple que les états |kxr > et |kxr±2 > avec une intensité
égale à q. Les seuls éléments non nuls de la matrice sont donc :

〈
kxr|H |kxr

〉
= k2

xr et
〈
kxr|H |kxr±2

〉
= q (3.16)

Comme en physique du solide, il est possible de passer d’un schéma de zone étendue à un schéma
de zone réduite à la première zone de Brillouin (−1 < kxr < 1). La figure (3.1) présente le dia-
gramme de Bloch obtenu par une simulation numérique réalisée pour q = 1. Seuls les niveaux de
plus basse énergie sont représentés en fonction de kxr dans un schéma de zone réduite. Une levée de
dégénérescence se produit à chaque croisement de la parabole repliée correspondant au cas q = 0
qui est représenté en pointillés.

Si qÀ 1, l’état |kxr > est fortement mélangé avec les états |kxr +2p > (avec p entier). On peut
montrer que ce régime mène à la diffraction simultanée dans plusieurs ordres et c’est en particulier
le régime de diffraction de Kapitza - Dirac (potentiel intense appliqué pendant un temps court).
Lorsque q ¿ 1, le couplage entre états n’est efficace qu’entre des états quasi - dégénérés, ce qui
correspond aux croisements observés sur la parabole repliée lorsque q = 0. Le couplage se limite
alors à deux états et il s’agit de la diffraction dans le régime de Bragg (potentiel peu intense agissant
pendant un temps d’interaction suffisamment long).
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FIG. 3.1 – Diagramme énergétique des états de Bloch pour un potentiel nul (traits pointillés) et
pour un potentiel q = 1 (trait continu). L’énergie E de l’atome est exprimée en unités réduites
ε = E/(h̄ωr) et kxr = kx/kL.
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3.1.4 Relations avec l’équation de Mathieu
L’équation (3.14) est en fait l’équation de Mathieu. L’équation de Mathieu décrit plusieurs

phénomènes physiques comme la dynamique d’un atome dans un piège de Paul linéaire [170] ou
la diffraction d’ondes lumineuses par des ultrasons. L’étude habituelle de l’équation de Mathieu
consiste à trouver des solutions périodiques alors que les états de Bloch sont des solutions plus
générales car après une période du potentiel, la fonction d’onde ne se reproduit qu’à une phase
près. Les solutions périodiques de l’équation de Mathieu de période π sont soit paires, et dans ce
cas ε = ar, soit impaires, et dans ce cas ε = br. On peut vérifier que ar est l’énergie des états de
Bloch en centre de bande et br est l’énergie des états en bord de bande. Ces deux cas correspondent
précisément à la diffraction de Bragg : les ordres de diffraction pairs sont en centre de bande et les
ordres impairs sont en bord de bande. Nous pourrons donc utiliser certains résultats de l’équation
de Mathieu pour analyser la diffraction de Bragg.
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FIG. 3.2 – Energie en centre de bande ar (trait plein) et énergie br en bord de bande (points)
jusqu’à r = 3, pour q < 30. Le graphe de droite se limite aux valeurs de q inférieures à 10.

Les fonctions ar et br s’expriment sous la forme de développements limités du paramètre q
donnés par M. Abramovitz et I. Stegun [171]. Ces auteurs fournissent les expressions de ar et br
en se limitant aux premiers termes du développement jusqu’aux termes en q8. Nous ne donnons
ici que l’expresion de (ar−br) en se limitant aux termes en q5 pour r est compris entre 0 et 3 :

a0(q) =−q2/2+7q4/128
a1(q)−b1(q) = 2q−q3/32+11q5/18432

a2(q)−b2(q) = q2/2−q4/18
a3(q)−b3(q) = q3/32−5q5/8192

le terme b0(q) étant nul. Les termes supérieurs du développement ont été calculés par Frenkel
et Portugal [172]. Malheureusement, ces développements limités convergent très mal, quand on
les utilise avec des valeurs de q de quelques unités. Le rayon de convergence de a0(q) est q =
1,469 et ce rayon augmente lentement avec r [171]. Il n’est pas possible de donner une expression
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analytique de (ar−br) en fonction de q. En toute hypothèse, le calcul numérique semble la solution
la plus pratique. Nous montrons sur la figure (3.2) les valeurs de ar et br calculées numériquement
jusqu’à r = 3, pour q < 30. Nous utiliserons ces données plus loin.

3.1.5 Traitement de la diffraction par les états de Bloch
Je ne vais pas reproduire le calcul qui est présenté dans un article de notre équipe [165] mais

discuter les effets physiques que représente ce calcul.

zD

x

0

Ψ1 Ψ2 Ψ3

FIG. 3.3 – Définition des trois milieux à travers lesquels l’onde atomique se propage. Le réseau
de lumière (milieu 2) est précédé et suivi du vide (milieux 1 et 3).

La figure (3.3) permet de se représenter la situation envisagée. L’onde laser stationnaire s’éten-
dant entre les plans z = 0 et z = D, il faut écrire les équations de continuité de la fonction d’onde
sur ces deux plans. Dans le cas général, il s’agit d’écrire la continuité de la fonction d’onde Ψ et
de sa dérivée normale (∂Ψ/∂z). Toutefois, l’hypothèse d’un potentiel V0 très petit devant l’éner-
gie cinétique totale E de l’atome permet de négliger la probabilité de réflexion aux interfaces.
Ainsi, comme l’onde incidente Ψ1, toutes les ondes seront formées d’ondes avec kz > 0, et il suffit
d’écrire la continuité de Ψ, celle de la dérivée normale donnant une condition équivalente à des
termes d’ordre V0/E près.

Dans l’espace libre, lorsque z < 0 ou z > D, les solutions de l’équation de Schrödinger sont des
ondes planes et nous supposons que l’onde incidente Ψ1 est plane, de vecteur d’onde de module
k1 et de projection kx1 = κ1 kL sur l’axe x. Dans l’onde laser stationnaire, le mouvement reste
libre selon l’axe z et il est décrit selon l’axe x par des états de Bloch. La continuité de la fonction
d’onde en z = 0 définit les états de Bloch sur lesquels se projette l’état initial |κ1 >. Il s’agit d’états
ayant pour valeur du pseudo moment κ = κ1, notés |κ,m >, et d’énergie ε(κ,m), m désignant un
entier qui sert à indicer la bande. Chacun de ces états est formé par mélange des ondes planes de
κ = κ1 + 2p avec p entier et le mélange est très fort si q est grand. La conservation de l’énergie
permet de calculer pour chaque composante |κ,m > la valeur du vecteur d’onde selon l’axe z et
d’écrire le paquet d’ondes Ψ2. Les composantes de Ψ2 correspondant aux différents états de Bloch
ayant des vecteurs d’onde différents selon l’axe z, le paquet d’ondes dans le plan z = D diffère du
paquet d’ondes dans le plan z = 0. La projection sur les ondes planes nécessaire pour calculer Ψ3
peut contenir toutes les ondes avec κ = κ1 +2p présentes dans Ψ2. Ainsi, à la sortie de l’onde laser
stationnaire, la projection selon x du vecteur d’onde atomique a varié de 2pkL.
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Cette description indépendante du temps d’interaction de l’atome avec le laser est peu péda-
gogique et l’hypothèse V0 ¿ E permet de passer à une description plus simple avec un paquet
d’onde fonction du temps. Cette image est particulièrement intéressante dans le cas de la diffrac-
tion de Bragg, car elle décrit cette diffraction comme une oscillation de Rabi. Nous allons d’abord
rappeler les généralités sur la diffraction de Bragg avant de présenter ce calcul.

3.2 Diffraction dans le régime de Bragg
La diffraction de l’onde atomique par une onde laser stationnaire dans le régime de Bragg est

particulièrement intéressante pour l’interférométrie atomique :

– L’onde atomique est diffractée dans deux ordres de diffraction seulement (en comptant le fais-
ceau direct, d’ordre égal à zéro).

– Il est possible d’ajuster expérimentalement l’amplitude de diffraction pour construire des sépa-
ratrices et des miroirs à atomes quasi - parfaits.

Nous vérifierons ces deux propriétés expérimentalement au paragraphe (3.3). Nous commen-
çons par rappeler le principe de la diffraction dans le régime de Bragg avant d’effectuer un traite-
ment par la théorie des perturbations.

3.2.1 Principe de la diffraction de Bragg
La figure (3.4) rappelle le principe de la diffraction d’une onde atomique dans le régime de

Bragg. La diffraction s’effectue sur les plans formés par les noeuds de l’onde stationnaire, distants
de a = λL/2, de manière analogue à la diffraction de rayons X sur les plans cristallins d’un solide,
caractérisée par W.L. Bragg et W.H. Bragg en 1913 [173, 174].

a

θB

FIG. 3.4 – Principe de la diffraction d’une onde atomique dans le régime de Bragg : l’onde
atomique est diffractée par les plans formés par l’onde laser stationnaire, distants de a = λL/2.

La condition de Bragg, établie pour la diffraction de rayons X par des réseaux cristallins de
période a, est évidemment transposable au cas de la diffraction d’une onde atomique, les rôles
joués par la lumière et la matière étant simplement inversés. Pour une onde atomique de longueur
de De Broglie λdB, cette condition s’écrit :

2a sinθB = pλdB (3.17)

θB désignant l’angle d’incidence de l’onde atomique sur le réseau de lumière, appelé angle de
Bragg, l’entier p représentant l’ordre de diffraction. La condition de Bragg (3.17) peut être réécrite
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en faisant apparaître le vecteur kL de l’onde laser et la projection kx du vecteur d’onde atomique k
dans la direction x de l’onde laser (k = mv/h̄) :

kx = p kL (3.18)

La dualité onde - corpuscule permet d’interpréter la diffraction d’atomes par une onde laser sta-
tionnaire comme l’absorption d’un photon dans la direction x de l’onde laser suivie par l’émission
stimulée d’un photon dans la direction opposée −x. Ce schéma correspond à la diffraction d’une
onde atomique au premier ordre de diffraction (p = 1) et p cycles sont nécessaires pour diffrac-
ter l’onde atomique à l’ordre p. Chacun de ces cycles absorption - émission stimulée transfère à
l’atome deux impulsions du photon et le ramène dans son état initial, que nous avons supposé être
l’état fondamental f , de sorte que la diffraction de l’onde atomique s’effectue de manière élastique.
Le faisceau d’atomes diffractés à l’ordre p s’écarte du faisceau atomique non diffracté de l’angle
de diffraction θD donné par :

θD = 2p θB = 2p λdB/λL (3.19)

3.2.2 Traitement par la théorie des perturbations

Nous allons utiliser le formalisme des états de Bloch pour calculer l’amplitude et la phase
accumulée par l’onde atomique dans les différents ordres de diffraction lorsque l’intensité q du
potentiel lumineux est suffisamment faible pour pouvoir appliquer un raisonnement perturbatif.
La condition générale d’application de ce traitement perturbatif est q . 1. On suppose que l’onde
incidente est caractérisée par kxr = kx/kL = p et c’est précisément la condition de Bragg pour une
diffraction à l’ordre p rappelée par l’équation (3.18). L’effet d’un écart à cette condition sera traité
au paragraphe (3.2.4).

1. Corrections sur l’énergie et le terme de couplage

Dans le formalisme des états de Bloch, la diffraction dans le régime de Bragg est interprétée
par un couplage q suffisamment faible pour ne mélanger que deux bandes. Dans ce cas, les effets
du potentiel ne sont visibles qu’entre états dégénérés ou quasi - dégénérés, c’est à dire au bord et
au centre de la première zone de Brillouin, ou si l’on préfère un schéma de zone étendu, lorsque
kxr = p. Le potentiel ne couple alors que deux états dont les valeurs de kxr sont opposées qui étaient
dégénérés lorsque q était nul. Par exemple, la diffraction au second ordre s’interprète comme le
couplage entre les états |kxr = +2 > et |kxr =−2 >. Ce couplage indirect apparaît au second ordre
de la théorie de perturbation à travers l’état |kxr = 0 >. La fonction d’onde à t = 0 décrivant le
faisceau incident |Ψ(t = 0) >= |kxr >, l’état |−kxr > correspond au faisceau diffracté à l’ordre p.

Correction sur l’énergie La théorie des perturbations permet de calculer les corrections sur
l’énergie ε±p = p2 des états |kxr =±p >. En se limitant aux termes en q2, nous obtenons :

E±p =< p|He f f |p >=<−p|He f f |− p >= p2 +
q2

2(p2−1)
(3.20)

lorsque |p| 6= 1. Lorsque |p|= 1, < 1|He f f |1 >= 1−q2/8.
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Correction sur le terme de couplage La perturbation couple les états |− p > et |+ p > selon p
étapes intermédiaires, chacune d’intensité q. Le terme de couplage entre les états |− p > et |+ p >
est donc proportionnel à qp et son dénominateur peut être calculé par la théorie des perturbations :

p

∏
i=1

[(εp + ε−p)/2− εi] =
p−2

∏
i=−p+2,pas de 2

(p+ i)(p− i) = 22p−2 [(p−1)!]2 (3.21)

et la projection de l’hamiltonien effectif de l’atome sur les états |− p > et |+ p > s’écrit :

Vc =
〈−p|He f f |p

〉
=

qp

22p−2 [(p−1)!]2
(3.22)

Il est instructif de détailler l’expression du terme de couplage pour les trois premiers ordres de
diffraction. Au premier ordre, le couplage est égal à q, il vaut q2/4 au second ordre et vaut q3/64
pour l’ordre 3. Nous retrouvons par le traitement perturbatif les premiers termes du développement
de (ar− br)/2 en fonction de q, ar et br étant les solutions de l’équation de Mathieu avec r = p
(équation (3.17)). Nous testons ainsi la validité du calcul au premier terme non nul du développe-
ment en puissances de q. Pour le couplage au deuxième ordre, le premier terme négligé est−q4/18
et il représente environ 1 % du terme en q2 pour q = 0,3 mais atteint 11 % du terme en q2 pour
q = 1. Comme attendu, l’approximation perturbative en q2 est excellente seulement lorsque q¿ 1.

2. Probabilité de diffraction à l’ordre p - Oscillation de Rabi

Dans la limite perturbative, l’état initial |kxr = p > se projette sur les deux états de Bloch formés
par mélange des deux états |kxr =±p > qui sont dégénérés lorsque q = 0. La dynamique de l’atome
à l’intérieur de l’onde laser stationnaire est décrite par une oscillation de Rabi entre ces deux états.
En négligeant les termes correctifs en q4 sur le déplacement des énergies et les termes en qp+2 sur
le terme de couplage, l’hamiltonien du système est de la forme :

H =
(

E−p Vc
Vc Ep

)
(3.23)

Les énergies propres E+ et E− vérifient E± = Ep±Vc et on passe de la base d’origine (|p〉, |−p〉)
à la nouvelle base (|+〉, |−〉) par l’intermédiaire d’une rotation d’angle π/4 :

|±〉=
1√
2

(|p〉± |−p〉) (3.24)

L’onde atomique, initialement dans l’état |p〉, se décompose à la sortie du potentiel lumineux de
durée τ = D/v sur les états |+〉 et |−〉 :

|Ψ(τ)〉=
1√
2

[ exp(−iE+τ) |+〉 ± exp(−iE−τ) |−〉] (3.25)

Les relations de passage (3.24) permettent d’exprimer la fonction d’onde atomique à la sortie du
réseau lumineux dans la base |±p〉 :

|Ψ(τ)〉= exp(−iEpτ) [ cos(ϕr/2) |p〉 − i sin(ϕr/2) |−p〉] (3.26)
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en posant ϕr/2 = Vcτ. A la sortie du réseau de lumière, l’onde atomique s’interprète comme la
superposition de deux ondes : l’une |kxr = p〉, dans la direction incidente correspondant au fais-
ceau non diffracté, l’autre, |kxr =−p〉, représentant l’onde diffractée à l’ordre p. La probabilité de
diffraction à l’ordre p s’écrit :

Pp = |<−p|Ψ|p >|2 = sin2 (ϕr/2) (3.27)

où la phase ϕr est la phase de Rabi à la fin du pulse de durée τ dû à l’onde laser :

ϕr/2 = Vcτ = qpτcp avec cp = 22−2p[(p−1)!]2 (3.28)

La probabilité de diffraction pour les trois premiers ordres s’écrit dans la limite perturbative :

P1 = sin2(qτ) (3.29-a)
P2 = sin2(q2τ/4) (3.29-b)
P3 = sin2(q3τ/64) (3.29-c)

Nous retrouvons ainsi les résultats proposés par D. Giltner dans sa thèse [163]. Notre traitement
présente l’avantage de préciser le domaine de validité des relations (3.29): il faut pouvoir négliger
les termes correctifs en q4 sur le déplacement des énergies et les termes qp+2 sur le terme de
couplage.

Miroirs et séparatrices d’ordre p Une séparatrice à atomes S correspond à l’application d’un
pulse ϕr = π/2, le miroir à atomes M correspondant au pulse ϕr = π. L’équation (4.22) permet de
calculer les valeurs de q nécessaires pour construire de tels éléments optiques à l’ordre p :

qS = (2cpτ/π)−1/p = 2−1/pqM (3.30)

Autrement dit, la construction d’une séparatrice et d’un miroir à atomes d’ordre élevé nécessite
des valeurs de q voisines (qS/qM = 0,71 pour p = 2 et 0,79 pour p = 3). La table (3.1) donne les
valeurs de q nécessaires pour obtenir une séparatrice et un miroir à atomes d’ordre p pour les trois
premiers ordres de diffraction. Cette table montre que le régime perturbatif cesse dès l’ordre 2,
même pour une valeur très faible de τ (τ = 1). Ainsi, parmi les relations (3.29), seule la relation
correspondant au premier ordre de diffraction est applicable.

TAB. 3.1 – Paramètres q et τ correspondant à une séparatrice ou un miroir à atomes d’ordre p.
On a choisi τ = 2,2 pour p = 1 et τ = 1 pour p > 1.

Ordre p qS qM τ
1 0,71 1,44 2,2
2 1,77 2,51 1,0
3 3,69 4,65 1,0
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3.2.3 Phases associées à la diffraction de l’onde atomique

Ce type de calcul a été développé dans un article publié en 2003 par notre équipe dans Physical
Review A [175]. Malheureusement, ce calcul s’applique dans la limite perturbative ce qui le rend
utilisable pour le seul premier ordre de diffraction p = 1. Pour les ordres de diffraction supérieurs,
nous calculons les phases accumulées à la traversée de l’onde laser stationnaire en utilisant les
solutions ar et br de l’équation de Mathieu.

Cas de la diffraction au premier ordre - Traitement perturbatif

L’équation (3.26), explicitée à l’aide de l’équation (3.20), permet de calculer les phases asso-
ciées à la diffraction de l’onde atomique. Un premier terme de la forme exp(−iτ) apparaît. Ce
facteur de phase n’est pas lié au processus de diffraction : il prend en compte la libre propagation
de l’onde atomique dans les états |±1〉. Le résultat intéressant concerne la phase accumulée lors
de la traversée de l’onde laser. L’onde diffractée à l’ordre 1 subit un déphasage ϕ1 qui se présente
sous la forme de deux contributions : un premier terme constant et égal à −π/2, dû à l’oscillation
de Rabi (facteur (−i) de l’équation (3.26)), auquel vient s’additionner la phase due au déplacement
d’énergie moyenne des niveaux |±1〉. Si l’on exclut la phase de −π/2 due à l’oscillation de Rabi,
la traversée de l’onde laser déphase l’onde atomique d’une quantité φ1 :

φ1 =−q2τ
8

(3.31)

Pour q = qS = 0,7 et τ = 2,2, nous calculons φ1 = −0,135 radian. Même avec q = qM = 1,44, le
déphasage φ1 n’excède pas -0,57 radian.

Phases de diffraction lorsque p > 1

Pour les ordres de diffraction plus élevés, le traitement perturbatif n’étant pas applicable, nous
repartons de l’équation de Mathieu dont les solutions périodiques sont les énergies ar et br en
centre et bord de bande, que nous avons calculées numériquement et représentées sur la figure
(3.2). Les énergies ap(q) et bp(q) sont les énergies propres de l’hamiltonien effectif He f f et dans
ce cas plus général, la phase de Rabi est donnée par :

ϕr =
(ap−bp)τ

2
(3.32)

Chacun des états propres |±p〉 subit un déphasage moyen qui s’écrit en unités réduites :

φp =
(

ap +bp

2
− p2

)
τ (3.33)

Nous avons calculé les valeurs numériques du déphasage φp pour différentes valeurs de q au se-
cond et au troisième ordre de diffraction. Pour cela, nous avons utilisé le résultat de la simulation
numérique réalisée sur la figure (3.2) en supposant que le profil du laser est rectangulaire (mode
mésa). Nos résultats sont rassemblés dans la table (3.2). Les phases de diffraction peuvent prendre
des valeurs importantes lorsque q et τ sont élevés.
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TAB. 3.2 – Paramètres a2, b2, a3 et b3 déduits de la simulation numérique et déphasage φp de
l’onde atomique à la traversée d’une onde laser stationnaire pour p = 2 ou 3, pour différentes
valeurs du potentiel lumineux q avec τ = 1.

q a2 b2 a3 b3 φ2 (rad) φ3 (rad)
0,5 4,10 3,98 9,02 9,01 0,04 0,02
1 4,37 3,92 9,08 9,05 0,15 0,07
2 5,17 3,67 9,37 9,14 0,42 0,26
5 7,45 2,10 11,55 9,24 0,78 1,40

10 7,72 -2,38 15,50 7,99 -1,33 2,75
15 5,08 -8,10 16,59 5,12 -5,51 1,86
20 1,15 -14,50 15,40 1,16 -10,68 -0,72
30 -8,72 -28,44 9,75 -8,72 -22,58 -8,49

Conséquences

Ces phases ont peu d’importance si l’on s’intéresse au seul processus de diffraction car la dé-
tection est quadratique et ces facteurs de phase disparaissent. En interférométrie atomique, le fait
que ces déphasages puissent prendre des valeurs élevées n’est pas en soi un problème, tant que ces
déphasages sont identiques pour tous les atomes. Toutefois, ces déphasages dépendent du temps
(à cause des fluctuations d’intensité du laser), de l’espace (à cause du profil d’intensité du fais-
ceau laser) et de la vitesse de l’atome (à cause de τ), ce qui peut entraîner des pertes de visibilité
sur les franges d’interférence atomique. Ces pertes de visibilité sont toutefois très faibles dans un
interféromètre symétrique comme celui de Mach - Zehnder.

3.2.4 Sélectivité en vitesse de la diffraction de Bragg
La longueur d’onde de De Broglie dépendant de la vitesse des atomes, la diffraction dans le

régime de Bragg est un processus sélectif en vitesse. Ce processus est également sélectif sur l’angle
d’incidence de l’onde et cette double sélectivité est une donnée importante car on ne dispose que
de jets atomiques approximativement monocinétiques et imparfaitement collimatés.

Dans ce paragraphe, nous souhaitons prendre en compte cette sélectivité et calculer la probabi-
lité de diffraction à l’ordre 1 au voisinage de la condition de Bragg, c’est à dire pour l’onde inci-
dente, quand κ = kx/kL ' 1. Ce travail a déjà été effectué dans les thèses de C. Champenois [110]
et R. Delhuille [101] et nous ne ferons que reprendre leurs résultats pour information. L’extension
de ce calcul aux ordres plus élevés est peu intéressante car dès l’ordre 2, le calcul perturbatif n’est
plus applicable.

On suppose que l’écart à la condition de Bragg reste peu important en posant |κ− 1| ¿ 1. La
perturbation couple les états |−1+κ > et |1+κ > mais contrairement au cas résonant correspon-
dant à κ = 1, en l’absence du potentiel lumineux (q = 0), les énergies ne sont plus dégénérées mais
distantes de ∆ = 4(κ−1) dans notre système d’unités réduites. La théorie des perturbations permet
de calculer la correction sur les énergies et sur le terme de couplage. Pour facilier les calculs, nous
allons poser κr = |κ− 1|. En se limitant aux termes en q2, la correction sur les énergies est de la
forme :

E±1(κr) = (±1+κr)
2− q2

8−4κr
(3.34)
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Sous ces hypothèses, l’hamiltonien du système est de la forme :

H =
(

E−1(κr) Vc
Vc E1(κr)

)
(3.35)

Les énergies E± associées à cet hamiltonien sont de la forme E± = E±1(κr)±Vc. Les énergies
E±1(κr) n’étant plus dégénérées pour κr 6= 0, on passe de la base d’origine (|−1+κr〉, |1+κr〉) à
la nouvelle base (|+〉, |−〉) par une rotation d’angle Θ telle que tan(2Θ) = 2Vc/∆. Les états propres
du système |+〉 et |−〉 s’expriment en fonction des vecteurs de la base d’origine :

|+〉= cosΘ |−1+κr〉 + sinΘ |1+κr〉
|−〉=−sinΘ |−1+κr〉+ cosΘ |1+κr〉 (3.36)

L’onde atomique, initialement dans l’état |±1〉, se décompose à la sortie du potentiel lumineux de
durée τ sur les états |+〉 et |−〉 :

|Ψ〉= cosΘ exp(−iE+τ) |+〉± sinΘ exp(−iE−τ) |−〉 (3.37)

Les relations de passage (3.36) permettent d’exprimer la fonction d’onde atomique Ψ en sortie
du réseau lumineux dans la base |±1+κ〉. La probabilité P1 de diffraction de l’onde atomique à
l’ordre 1 est déterminée par la composante de Ψ sur l’état |∓1+κr〉

P1(κr) = |<∓1+κr|Ψ >|2 (3.38)

En introduisant le paramètre de sélectivité y défini par y = 2κr/Vc, la probabilité P1 s’écrit :

P1(κr) =
1

1+ y2 sin2
(

qτ
√

1+ y2
)

(3.39)

Pour p = 1, le paramètre de sélectivité est égal à 2κr/q = 2|κ−1|/q. La probabilité de diffraction
n’est donc maximale que pour y = 0. La figure (3.5) représente la probabilité P1 en fonction de y
pour un miroir à atomes d’ordre 1 (ϕr = π = 2qτ). Tant que κr < 0,5, on peut considérer que l’on
est proche du bord de la zone de Brillouin, qui correspond pour q = 1 à |y|< 2.
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FIG. 3.5 – Probabilité de diffraction en fonction du paramètre de sélectivité y = 2|κ−1|/q pour
ϕr = π = 2qτ.
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3.2.5 Probabilité d’émission spontanée
Lorsque l’écart à résonance δL est trop faible, l’absorption d’un photon est suivie de son émis-

sion spontanée, processus qui rend la diffraction de l’onde atomique incohérente. La probabilité
d’émission spontanée s’obtient en évaluant la proportion d’atomes dans l’état excité multipliée par
la probabilité Γ d’émettre un photon par unité de temps, intégrée sur la durée τ de traversée de
l’onde laser. Cette probabilité PES s’écrit donc :

PES = q Γ τ/δL (3.40)

Il s’agit en fait d’un nombre moyen de photons émis par émission spontanée par un atome lors de
la traversée de l’onde stationnaire. D’après l’équation (3.7), le paramètre q varie comme δ−1

L ce
qui implique que PES ∝ δ−2

L . La diffraction par laser peut être rendue pratiquement cohérente en
choisissant un écart à résonance suffisamment important. Le choix d’une valeur de δL élevée doit
être compensé par l’utilisation d’une densité de puissance laser importante, et dans la pratique c’est
la puissance laser disponible qui fixe le choix du désaccord δL. La table (3.3) présente les valeurs
de l’émission spontanée au premier ordre de diffraction lorsque q = 0,7, τ = 2,2 pour différents
désaccords δL. L’émission spontanée semble complètement négligeable au premier ordre dès que
δL > 1 GHz.

TAB. 3.3 – Probabilité d’émission spontanée PES obtenue au premier ordre de diffraction pour
q = 0,7 et τ = 2,2 (valeurs utilisées dans la table (3.1)) pour une onde atomique de lithium pour
laquelle Γ/(2π) = 5,872 MHz [176].

δL/(2π)(GHz) 0,25 0,5 1 2 3 5 10
PES (%) 3,6 1,8 0,9 0,45 0,3 0,2 0,09

3.3 Diffraction d’une onde atomique de lithium
Nous étudions dans ce paragraphe la diffraction d’une onde atomique de lithium du point de

vue expérimental. Nous avons diffracté l’onde atomique jusqu’au quatrième ordre de diffraction, et
pour analyser ces résultats nous allons faire appel aux paragraphes (3.1) et (3.2). Avant de présenter
des profils de diffraction, nous commencerons par visualiser l’oscillation de Rabi au premier ordre
de diffraction.

3.3.1 Paramètres expérimentaux pour une onde atomique de lithium
Nous utilisons pour la diffraction la première transition de résonance du lithium à la longueur

d’onde de 671 nm. Les données numériques (pulsation de recul ωr, largeur naturelle Γ, élément
de matrice du dipôle ~d ...) relatives à la diffraction des deux isotopes de l’atome de lithium sont
rassemblées à l’annexe A. Nous allons calculer la valeur de q et de τ en fonction de ces quantités
et des paramètres expérimentaux.

Expression de q

Par rapport à notre modèle à deux niveaux, la situation est apparemment beaucoup plus com-
plexe à cause des structures fine et hyperfine de l’état fondamental 2S et de l’état excité 2P. Ce-
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pendant, la structure hyperfine de l’état excité est petite devant les désaccords utilisés : c’est parti-
culièrement vrai pour le niveau 2P3/2, mais la structure hyperfine du niveau 2P1/2 est assez petite
pour que ce soit également une bonne approximation. De plus, la polarisation des ondes lasers
stationnaires est linéaire et ces deux remarques conduisent à une importante simplification. Dans
sa thèse, C. Champenois [110] a montré que sous ces conditions, le potentiel V0 ne dépendait pas
du sous - niveau magnétique MF du niveau hyperfin F de l’état fondamental. Il reste toutefois une
dépendance du potentiel lumineux V0 avec le niveau hyperfin F due seulement à la différence des
désaccords pour chacun des deux sous - niveaux hyperfins du 2S1/2. Il faut enfin sommer les contri-
butions des deux niveaux de structure fine de l’état excité, même si, en général, la contribution d’un
des deux niveaux domine largement.

La plupart des expériences concernent l’atome de lithium 7Li d’abondance naturelle est 92,4%
et pour cet isotope, nous utilisons un laser décalé de quelques GigaHertz vers le bleu de la raie D2
(transition 2S1/2−2 P3/2). Nous choisissons de repérer le désaccord laser par :

δL = 2πνL −
(
E(2P3/2)−E(2S1/2,F = 1)

)
/h̄ (3.41)

où les énergies E sont celles de l’isotope 7Li. Dans les calculs, les désaccords sont exprimés en
unité de pulsation (donc en s−1) et lorsque nous parlerons des écarts de fréquence, nous utiliserons
le GigaHertz (GHz). Connaissant ce désaccord, on en déduit aisément les quatre désaccords qui
vont jouer un rôle pour le lithium 7Li. On les repère par la valeur de J pour l’état supérieur et la
valeur de F pour l’état inférieur :

δL (J,F) = δL +
(

3
2
− J

)
ωFS + (F−1)ωHFS (3.42)

où ωFS/(2π)' 10,05 GHz et ωHFS/(2π)' 0,803 GHz, conformément à l’annexe A. Le potentiel
lumineux vu par les niveaux F = 1 et F = 2 de l’isotope 7Li s’écrit alors sous la forme :

V0(F) =
d2

SPE2
0

h̄δL

[
1

9δL(1/2,F)
+

2
9δL(3/2,F)

]
(3.43)

Pour un profil du laser Gaussien et de waist w0, le champ électrique E0 est relié à la puissance P
du laser par la relation (3.10) qui permet d’obtenir l’expression finale suivante pour le paramètre
q(F) = V0(F)/(4h̄ωr) calculé au centre du faisceau Gaussien :

q(F) = 1,143
P(mW )
w2

0(mm)

[
0,5

δL(1/2,F)(GHz)
+

1
δL(3/2,F)(GHz)

]
(3.44)

où on a introduit des unités pratiques : puissance P du faisceau laser en milliwatts, écart en fré-
quence en Gigahertz et waist w0 du faisceau laser en millimètres. Avec notre choix habituel pour
le lithium 7Li, δL = 1− 3 GHz (dicté par la puissance laser disponible), la contribution à q(F)
de la raie D1 est assez faible. D’autre part, le déplacement isotopique étant voisin de 10 GHz, le
paramètre q pour l’isotope 6Li est très petit, ce qui fait que nous pouvons choisir de diffracter l’un
ou l’autre des isotopes.

Pour diffracter efficacement l’isotope 6Li, nous utilisons un laser décalé vers le rouge de la raie
D1 de cet isotope (transition 2S1/2−2 P1/2), afin de limiter au maximum la probabilité de diffraction
des atomes de lithium 7 qui sont largement majoritaires dans le jet atomique (92,4 %). On peut
calculer le paramètre q de manière totalement analogue, mais l’écart de structure hyperfine de l’état
fondamental est seulement de 0,228 GHz et on peut en général considérer que q est sensiblement
le même pour les deux niveaux hyperfins F = 1/2 et F = 3/2.
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Expression de τ

Pour un faisceau rond de diamètre D (un mode mésa), le paramètre τ vaut τ = ωrD/v, v dé-
signant la vitesse de l’atome considéré. En utilisant pour v la vitesse moyenne des atomes du jet
u' 1070 m/s, nous obtenons :

τ = 0,371 D(mm) (3.45)

Pour un faisceau Gaussien de waist w0, dans la limite perturbative, le temps d’interaction est
différent selon l’ordre de diffraction p considéré. Toutefois, on a vu plus haut que cette limite
perturbative ne s’applique vraiment qu’à l’ordre p = 1 et donc ce raffinement a peu d’intérêt.
D’autre part, la probabilité d’émission d’un photon par émission spontanée est évidemment un
processus linéaire en densité de puissance laser puisque, par hypothèse, le paramètre de saturation
est très faible et dans ce cas, le calcul doit utiliser τ(p = 1). Nous ne préciserons pas la dépendance
de τ avec l’ordre de diffraction et poserons pour un faisceau Gaussien :

τ = ωr
w0

v

√
π
2

= 0,464 w0(mm) (3.46)

en prenant u' 1070 m/s pour vitesse moyenne des atomes de lithium.

3.3.2 Observation de l’oscillation de Rabi
L’équation (3.44) montre que le paramètre q dépend de la densité de puissance P du laser et du

désaccord en fréquence δL, défini à l’équation (3.41). Nous avons observé l’oscillation de Rabi au
premier ordre de diffraction en agissant sur chacun de ces deux paramètres. Le faisceau d’atomes
diffracté est produit en orientant l’un des miroirs utilisés pour la construction des ondes station-
naires, par exemple (M2), pour satisfaire la condition de Bragg à l’ordre 1 (kx = kL). Par souci de
simplification, le jet atomique est pompé optiquement dans le niveau F = 1 de l’état fondamental.

A. Probabilité de diffraction au premier ordre et imperfections du jet atomique

La probabilité de diffraction au premier ordre est donnée par la relation (3.39). Le paramètre de
sélectivité y = 2(kX/kL−1)/q est fonction de la composante kX = k ·n du vecteur d’onde atomique
k = mv/h̄ x selon la normale n au miroir à ondes stationnaires. Lorsque l’on réalise l’expérience,
une distribution des composantes kX apparaît et cette distribution résulte de deux effets :

• Le jet atomique n’est pas monocinétique. Il présente une distribution de vitesse P(v), étudiée
au chapitre 2 en introduisant le rapport (terminal) de vitesses parallèles S‖ :

P(v) =
S‖

u
√

π
exp

[
−

(
(v−u)S‖

u

)2
]

(3.47)

• Le jet atomique présente une ouverture angulaire définie par les fentes (F0) et (F1) de largeur e0
et e1. Cette ouverture angulaire intervient dans l’expression de kX lorsque l’on explicite le produit
scalaire k ·n. Si x0 (resp. x1) désigne un point quelconque de la fente F0 (resp. F1), la probabilité
de diffraction dans l’angle θ est de la forme :

P(θ) =
Z

F0

Z

F1

δ [θ− (x1− x0)/L01] (3.48)
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en supposant les trajectoires classiques des atomes rectilignes, L01 désignant la distance séparant
les fentes (F0) et (F1) et δ la fonction de Dirac. Le calcul de cette intérgrale fait apparaître les
notions d’ombre, de pénombre et de pleine lumière et la fonction P(θ) s’écrit :

−θS < θ <−θL P(θ) = C
θ+θS

θS−θL
(3.49-a)

|θ|< θL P(θ) = C (3.49-b)

θL < θ < θS P(θ) = C
θS−θ
θS−θL

(3.49-c)

en posant θL = |e1− e0|/(2L01), θS = (e0 + e1)/(2L01), C désignant une constante de normalisa-
tion égale à (θL +θS)−1. L’intensité d’atomes diffractés (normalisée) s’obtient par intégration des
différentes contributions :

I =
Z

P(v)dv
Z

P(θ)dθ P1(q,τ,kX) (3.50)

avec kX = mv(θ−θm)/h̄, θm désignant l’angle que fait la normale au miroir à onde stationnaire avec
l’axe x. Nous avons récemment intégré l’équation (3.50) numériquement en écrivant un programme
sous Mathematica 3.0 pour obtenir une simulation numérique de l’intensité d’atomes diffractés en
fonction de la puissance P du laser (à désaccord δL constant), puis en fonction du désaccord δL (à
puissance laser constante). Les variables d’entrée de ce programme sont les largeurs e0 et e1 des
deux fentes de collimation, la vitesse moyenne u des atomes de lithium et le rapport (terminal) de
vitesses parallèles S‖. La simulation utilise les relations (3.44) et (3.46), et comme le jet atomique
est pompé optiquement dans le niveau F = 1, seule la contribution q(F = 1) est à considérer. En
revanche, nous devons à priori prendre en compte l’influence du niveau 2P1/2 du lithium 7, situé
seulement à 10,05 GHz du niveau 2P3/2. Cette contribution est très importante lorsque le désaccord
en fréquence δL = δL(J = 3/2,F = 1) est situé dans le rouge de la raie D2 du lithium 7.

B. Observation de l’oscillation de Rabi par variation de la puissance du laser

Pour différentes puissances lasers, nous avons mesuré l’intensité du faisceau d’atomes diffractés
au premier ordre de diffraction. Nous avons travaillé avec un désaccord en fréquence δL = + 3,5
GHz et un faisceau laser de taille D = 8 mm, qui permettent d’obtenir une bonne efficacité de
diffraction. La puissance du laser, mesurée à l’aide d’un Wattmètre, est modifiée en utilisant un
atténuateur de faisceau formé d’un cube polariseur et d’une lame demi - onde décrit au chapitre
1 (figure (1.4)). La figure (3.6) présente nos mesures d’intensité du jet d’atomes diffractés pour
différentes puissances laser.

L’ajustement des points expérimentaux est effectué en utilisant la simulation numérique décrite
au paragraphe précédent. Par intégration sur la distribution de vitesse du jet atomique et sur son
ouverture angulaire, l’intensité diffractée ne s’annulle pas, sauf bien sûr pour P = 0. D’après la
figure, un miroir à atomes est obtenu pour une puissance laser de 85 mW. Nous avons calculé les
valeurs de q et de τ en ce point en utilisant les relations (3.44) et (3.45). Pour D = 8 mm, nous
obtenons τ = 2,97 et q = 0,49 et la phase de Rabi vaut ϕr/2 = qτ = 1,45 de sorte que le miroir à
atomes n’est pas parfait. Cet écart avec l’étude théorique menée au paragraphe (3.2) est attribuable
aux imperfections du jet atomique :
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FIG. 3.6 – Intensité d’atomes diffractés en fonction de la puissance du laser au premier ordre de
diffraction pour un jet atomique pompé optiquement dans un seul niveau hyperfin F = 2.

• Le jet atomique incident possède une distribution angulaire et une distribution de vitesse de
largeur finie. Seuls les atomes dont la vitesse permet de satisfaire la condition de Bragg (ou dit
autrement situés sous l’incidence de Bragg) seront diffractés.

• Les atomes de l’isotope 6, présent dans le jet atomique sous leur proportion isotopique na-
turelle (7,6 %) ont une probabilité quasiment nulle d’être diffractés avec les puissances lasers
disponibles car le désaccord en fréquence par rapport à la raie D2 du lithium 6 est de 13,8 GHz.

C. Observation de l’oscillation de Rabi par variation du désaccord en fréquence

Nous avons mesuré l’intensité du faisceau d’atomes diffractés au premier ordre pour différents
désaccords en fréquence. La fréquence du laser est modifiée par balayage des modes de la cavité
confocale Fabry - Pérot utilisée pour asservir le laser par la méthode de Hänsch - Couillaud [102].
Au chapitre 2, nous avons vu que cette cale piézoélectrique permettait une excursion en fréquence
du laser de 1,3 GHz à 671 nanomètres. En effectuant plusieurs enregistrements successifs, nous
avons sondé une plage de fréquence d’amplitude 10 GHz autour de la raie D2 du lithium 7. Les
raccordements nécessaires ont été effectués en enregistrant des portions de courbe communes aux
deux enregistrements à raccorder, puis en utilisant la calibration en fréquence de la cavité Fabry -
Pérot utilisée (I.S.L. = 251,4± 0,4 MHz). La figure (3.7) représente l’intensité d’atomes diffractés
au premier ordre en fonction du désaccord en fréquence δL du laser, pour la plage de fréquence
allant de −4 à +6 GHz.

Le résultat de la simulation numérique est représenté en trait plein sur la figure (3.7). La contri-
bution due à l’émission spontanée, représentée au bas de la figure, est déterminée selon un principe
identique à celui de l’émission stimulée, l’équation (3.40) remplaçant l’équation (3.39). L’accord
avec l’expérience est globalement satisfaisant. Chaque oscillation se produit pour un écart à réso-
nance δL en accord avec nos observations expérimentales. En particulier, le comportement pour δL
élevé est bien reproduit, notamment dans le rouge de la raie D2 du lithium 7, où l’annulation de
l’intensité se produit pour δL = - 6,67 GHz, en bon accord avec l’équation (3.44). Lorsque |δL| <
0,5 GHz, la courbe grise montre que l’émission spontanée est prépondérante, et il est logique que
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FIG. 3.7 – Emission stimulée (en haut) et émission spontanée (en bas) en fonction du désaccord
en fréquence du laser au premier ordre de diffraction. Le jet atomique est pompé optiquement dans
le niveau hyperfin F = 1 de l’état fondamental et les données sont calibrées à l’aide d’une cavité
confocale. Les courbes en trait plein sont le résultat de la simulation numérique.
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la simulation, qui reproduit le rôle de l’émission stimulée, ne décrive plus, à elle seule, les obser-
vations expérimentales. Au voisinage de la résonance (δL = 0), pratiquement aucun atome n’est
diffracté et le pompage optique du jet atomique dans le niveau F = 1 est visible dans cette zone :
un jet non pompé optiquement aurait conduit à deux minima d’intensité distants de 0,803 GHz.

D. Conséquences expérimentales

Les figures (3.6) et (3.7) sont très utiles pour comprendre comment construire une séparatrice
ou un miroir à atomes. Un désaccord en fréquence élevé permet quasiment de s’affranchir de
l’émission spontanée, mais ce désaccord doit être compensé par une puissance laser suffisante pour
diffracter efficacement les atomes. En pratique, avec les puissances lasers disponibles, nous avons
conclu que des désaccords en fréquence de 3 GHz (bleu de la raie D2 du 7Li) seraient utilisés pour
construire des séparatrices et des miroirs à atomes avec l’isotope 7Li. Des conclusions similaires
ont été tirées pour l’isotope 6Li minoritaire, conduisant à utiliser des désaccords en fréquence de
-4 GHz par rapport à la raie D1 du lithium 6. La diffraction des atomes de l’isotope 6Li n’est pas
visible sur la figure (3.7). Elle le deviendrait si nous avions exploré une plage de fréquence plus
importante, par exemple en allant jusqu’à des désaccords d’environ - 10 GHz (par rapport à la raie
D2 du lithium 7).

3.3.3 Profils de diffraction

Nous avons observé la diffraction de l’onde atomique de lithium 7 jusqu’au quatrième ordre de
diffraction. Nous avons enregistré deux types de profil que nous allons maintenant présenter. Le
premier profil consiste à déplacer la fente de détection lorsque le miroir à ondes stationnaires est
en géométrie de Bragg, le second profil consiste à tourner le miroir à ondes stationnaires pour une
position fixée du détecteur.

1. Profils de diffraction par déplacement de la fente de détection (FD)

Principe (miroir fixe - détecteur mobile) Cette première méthode est la plus traditionnelle et
figure chez de nombreux auteurs: D. Pritchard [22, 77], J.P. Toennies [30] ou encore D. Giltner
[69]. Elle consiste à fixer la position du réseau (matériel/lumineux) et à enregistrer un profil du
faisceau direct et du faisceau diffracté en déplaçant la fente de détection. Dans les interféromètres
utilisant la diffraction élastique dans le régime de Bragg, le faisceau d’atomes diffracté est créé en
positionnant le miroir à ondes stationnaires sous incidence de Bragg. C’est ce type de profil que R.
Delhuille a enregistré dans sa thèse par diffraction de l’onde atomique au premier ordre [101].

Exemples de profils Depuis l’automne 2002, le balayage automatisé de la fente de détection
piloté à l’aide d’une cale piézoélectrique ne fonctionne plus. La réparation nécessitant de renvoyer
le contrôleur pilotant l’ouverture et la fermeture de la fente de détection pour un délai assez long,
nous avons estimé qu’il serait préférable d’effectuer les balayages de la fente de détection manuel-
lement. Nous allons voir que cette méthode est suffisante pour observer des profils de diffraction,
mais elle ne convient malheureusement pas pour effectuer une mesure de précision de la vitesse
moyenne u des atomes de lithium (chapitre 6).

Nous avons enregistré un profil de diffraction au premier puis au second ordre de diffraction
en utilisant cette méthode. Les résultats obtenus sont rassemblés sur la figure (3.8) au premier
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ordre de diffraction (à gauche) et au second ordre de diffraction (à droite). Le jeu de paramètres
expérimentaux utilisé figure dans la table (3.4).
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FIG. 3.8 – Profil de diffraction de diffraction de l’onde atomique au premier puis au second ordre
de diffraction. L’ajustement des points expérimentaux est réalisé selon une loi Gaussienne.

TAB. 3.4 – Paramètres expérimentaux correspondant aux profils de diffraction enregistrées sur
les figrues (3.8) et (3.10) : rayon w0 du laser (en mm), puissance laser utilisée pour l’onde station-
naire(en mW), désaccord de fréquence δL/(2π) (en GHz) et largeurs des fentes e1 et eD (en µm).
Les valeurs de q(F) et de τ sont déduites des relations (3.44) et (3.46).

Ordre p w0 δL/(2π) P e1 eD q(F = 1) q(F = 2) τ
1 5,8 2,5 80 16 50 1,2 0,9 2,7
2 2,4 1,2 140 16 50 24,4 15,0 0,8

Au premier ordre de diffraction, les paramètres q et de τ sont de l’ordre de l’unité et le traitement
perturbatif correspondant au régime de Bragg est applicable. Nous vérifions l’absence d’atomes
diffractés dans l’ordre−1 (la position choisie pour le miroir est celle qui correspond à la diffraction
à l’ordre 1) et la dynamique de l’atome dans le champ laser est décrite par l’oscillation de Rabi,
visualisée au paragraphe précédent.

Dès l’ordre 2, nous constatons que les valeurs de q et de τ nécessaires pour obtenir des pro-
babilités de diffraction intéressantes pour l’interférométrie atomique dépassent largement l’unité :
nous quittons le régime perturbatif. Dans ces conditions, une fraction non négligeable des atomes
est diffractée dans des ordres de diffraction différents de 2, alors que la position choisie pour le
miroir est celle qui correspond à la diffraction à l’ordre 2. Ce phénomène n’est guère surprenant
car nous ne sommes plus en régime perturbatif. La présence de faisceaux parasites signifie que
plusieurs bandes du diagramme de Bloch sont peuplées simultanément conformément aux valeurs
de q(F) et de τ mesurées. Ces faisceaux parasites sont gênants pour construire un interféromètre
par diffraction de l’onde atomique au second puis au troisième ordre de diffraction (chapitre 4).
Le rôle de ces faisceaux est probablement assez mineur comme en témoigne la bonne visibilité
obtenue pour les franges atomiques au chapitre 4, même lorsque p = 2 ou 3.
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2. Profils de diffraction par rotation du miroir à ondes stationnaires autour de l’axe y

Principe (miroir mobile - détecteur fixe) Une autre possibilité développée au laboratoire, consiste
à placer la fente de détection dans une position déterminée, sur le faisceau d’atomes non diffrac-
tés, et à enregistrer le profil de diffraction résultant de la rotation du miroir à ondes stationnaires
autour de l’axe vertical y. La rotation du miroir permet de satisfaire la condition de Bragg pour des
ordres de diffraction successifs et l’enregistrement du faisceau d’atomes non diffractés en fonction
de l’angle ΘY de rotation du miroir fait apparaître des pertes d’intensité, chaque fois qu’une classe
de vitesse permet de satisfaire la condition de Bragg à l’ordre p.

FIG. 3.9 – Enregistrement d’un profil de diffraction par rotation de l’un des miroirs à ondes
stationnaires autour de l’axe y. L’onde laser qui résulte de la superposition des deux ondes pro-
gressives de vecteurs d’onde ki et kr, est quasiment stationnaire, l’effet Doppler associé à son
caractère progressif conduisant à des décalages de fréquence complètement négligeables devant
les désaccords choisis.

La figure (3.9) permet de se représenter une telle situation. Si ki (resp. kr) désigne le vecteur
d’onde incident (resp. réfléchi) de l’onde laser, le champ électrique total E = Ei + Er s’écrit en
notation complexe :

E = E0 exp [i(ki · r−ωLt)] + E0 exp [i(kr · r−ωLt)] (3.51)

En posant 2km = kr−ki et 2δk = kr +ki, le champ total devient :

E = E0 exp [i(δk · r−ωLt)] × 2cos [km · r] (3.52)

Par rotation du miroir autour de l’axe y, le vecteur δk devient non nul et l’onde laser résultante ac-
quiert un caractère progressif dans la direction δk, sensiblement parallèle à l’axe z du jet atomique.
Ce caractère progressif se manifeste par effet Doppler en un décalage de fréquence égal à δk · v.
Toutefois, pour des angles d’incidence de l’onde laser sur le miroir inférieurs à 500 microradians,
ce déplacement en fréquence est au plus de 10−3× v/λL, c’est à dire 1,5 MHz par milliradian. Ce
décalage Doppler est donc complètement négligeable devant les désaccords en fréquence utilisés,
au moins égaux à 1 GHz. Par rapport à l’étude théorique menée au paragraphe (3.2), l’impulsion
transférée à l’atome est elle aussi modifiée et devient égale à 2pkL cos(ΘY ). Elle reste donc très
voisine de 2pkL puisque ΘY ' 100 µrad.
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Exemples de profils La rotation du miroir autour de l’axe y est pilotée par une cale piézoélec-
trique dont nous avons vérifié la calibration à l’aide d’une photodiode à quatre cadrants. Une
différence de potentiel de 1 Volt correspond à une rotation du miroir de 5,83 microradians (à 0,03
microradian près). Nous avons représenté sur la figure (3.10) les deux profils obtenus par rotation
du miroir (M2), qui correspondent à ceux de la figure (3.8). Les conditions expérimentales sont par
conséquent identiques et les valeurs de q(F) et de τ contenues dans la table (3.4) sont communes
aux figures (3.8) et (3.10).
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FIG. 3.10 – Pertes d’intensité dans le faisceau direct en fonction de l’angle de rotation ΘY ex-
primé en microradians au premier puis au second ordre de diffraction. L’ajustement des points
expérimentaux est réalisé selon une loi Gaussienne.

Le signal d’atomes de lithium non diffracté correspond à 77,5 kc/s et parmi ces atomes, seuls
26,1 kc/s n’ont pas été diffractés au premier ordre de diffraction, ce qui est conforme avec l’inten-
sité mesurée sur le profil en transmission sur la figure (3.8), égale à 51 kc/s. Les profils obtenus
donnent directement accès à l’angle de Bragg. Pour une diffraction de l’onde atomique à l’ordre
p, nous obtenons ΘB(p) ' p×ΘB(1) avec ΘB(1) = 80 µrad. La méthode par rotation du miroir
permet ainsi de mesurer l’angle de Bragg, indépendamment de toute mesure de distance (autre que
celle effectuée soigneusement pour la calibration de la cale). Cette mesure d’angle est particuliè-
rement intéressante car elle fournit une méthode de mesure de la vitesse u la plus probable des
atomes de lithium en utilisant la relation (3.19). Pour ΘB(p = 1) = 80 µrad, nous obtenons u =
1060,0 m/s en utilisant la masse de l’atome de lithium rappelée à l’annexe A. Nous reviendrons
plus largement sur cette méthode au chapitre 6.

Les profils représentés sur la figure (3.10) permettent de mesurer l’efficacité de la diffraction qui
est directement visible sous la forme d’une perte d’intensité, une fois le signal de fond soustrait.
Cette méthode est donc particulièrement intéressante pour construire des séparatrices et des miroirs
à atomes d’ordre p et c’est ainsi que nous avons procédé pour obtenir les différentes configurations
de l’interféromètre atomique que nous présenterons au chapitre 4.

Nous avions vérifié au paragraphe précédent l’absence de diffraction à l’ordre −p lorsqu’on
s’intéresse au faisceau d’atomes diffractés. A contrario, un profil de diffraction s’intéressant aux
pertes d’intensité du jet atomique par rotation du miroir présente une symétrie autour de l’axe du
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jet atomique en peuplant successivement les différents ordres de diffraction, indépendamment de
leur signe. La figure (3.11) présente le résultat obtenu sur le miroir (M2). Ce profil met en évidence
la diffraction de l’onde atomique jusqu’au quatrième ordre de diffraction. Le jeu de paramètres
expérimentaux utilisé est le suivant : P = 240 milliwatts, le waist w0 est de 3,1 millimètres et le
désaccord en fréquence est de 1,2 GHz. Pour obtenir une efficacité de diffraction et un rapport
signal sur bruit satisfaisants, nous avons collimaté le jet atomique (e1 = 10 µm) et ouvert la fente
de détection à 70 µm.
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FIG. 3.11 – Pertes d’intensité dans le faisceau d’atomes non diffractés en fonction de l’angle de
rotation ΘY exprimé en microradians : nous observons la diffraction de l’onde atomique jusqu’au
quatrième ordre.

Une grande variété de profils Nous avons enregistré un profil de diffraction avec du krypton
pour gaz porteur et le résultat obtenu est représenté sur la figure (3.12). L’utilisation de krypton ra-
lentit le jet atomique (relation (2.4-c)) ce qui augmente l’angle de Bragg jusqu’à 123 microradians
au premier ordre de diffraction. Le changement de gaz porteur permet de vérifier l’influence de la
nature du gaz sur la vitesse moyenne des atomes du jet. Cette vérification semble importante car
nous déduirons la vitesse des atomes de lithium d’un profil de diffraction au chapitre 6. Toutefois,
le krypton n’a pas été utilisé pour effectuer une mesure de précision de la polarisabilité du lithium
à cause du flux nettement plus faible d’atomes obtenus : nous passons de 100 kc/s de lithium avec
de l’argon à seulement 30 kc/s en présence de krypton. Nous pensons que cette diminution de flux
est attribuable aux collisions lithium - krypton devant l’écorceur, mais nous n’avons pas cherché à
creuser cette hypothèse.

3.3.4 Miroirs et séparatrices d’ordre p

Nous calculons dans ce paragraphe les paramètres q et τ utilisés expérimentalement pour construire
une séparatrice et un miroir à atomes d’ordre p. Au premier ordre de diffraction, l’accord avec les
valeurs théoriques est de très bonne qualité. Pour les ordres supérieurs où le régime perturbatif
n’est plus applicable, nous calculons les valeurs de q et de τ que nous utiliserons au chapitre 4.
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FIG. 3.12 – Pertes d’intensité dans le faisceau d’atomes non diffractés en fonction de l’angle de
rotation ΘY exprimé en microradians avec le gaz porteur krypton.

Miroirs et séparatrices au premier ordre de diffraction

Au premier ordre de diffraction, la puissance laser nécessaire pour construire une séparatrice
ou un miroir à atomes permet de travailler avec des désaccords en fréquence de 3 GHz, dans
un domaine où l’émission spontanée semble complètement négligeable. La table (3.5) indique la
puissance laser, le waist et l’écart à résonance utilisés au chapitre 4 pour construire une séparatrice
et un miroir à atomes d’ordre 1 et précise les valeurs de q(F) et de τ correspondantes pour les deux
niveaux hyperfins de l’état fondamental.

TAB. 3.5 – Exemples de valeurs numériques utilisées pour la construction de l’interféromètre au
premier ordre de diffraction. Les paramètres q et τ sont déduits des relations (3.44) et (3.46).

Elément optique P(mW ) δL/(2π)(GHz) w0(mm) q(1) q(2) τ
Séparatrice à atomes 40 2,8 4,8 0,7 0,55 2,2

Miroir à atomes 70 2,8 4,8 1,2 1,0 2,2

Les valeurs obtenues pour q(1) et pour τ sont en bon accord avec les prédictions théoriques
contenues dans la table (3.1) qui résultent de l’équation (3.30). Ce bon accord traduit notre bonne
compréhension de la diffraction au premier ordre : la diffraction s’effectue en régime de Bragg :
seulement deux faisceaux sont produits (en comptant le faisceau non diffracté). La dynamique de
l’atome dans le laser est régie par l’oscillation de Rabi et la probabilité de diffraction peut être
calculée par la théorie des perturbations.

Miroirs et séparatrices d’ordre p (p > 1)

Pour les ordres de diffraction plus élevés, nous pouvons limiter la puissance laser nécessaire en
diminuant le temps d’interaction réduit τ. En effet, la relation (3.44) montre que la puisssance P
du laser varie comme qw2

0. D’après la condition (3.30) d’obtention d’un miroir à atomes d’ordre
p, q ∝ (τ)−1/p si bien que la puissance du laser varie avec τ comme τ2−1/p. Ainsi, lorsque p = 2,
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diminuer le temps d’interaction d’un facteur 3 revient à diviser la puissance laser nécessaire par
5. Nous travaillons avec τ ' 1 et pour cela nous modifions la focale du télescope pour obtenir un
grossissement égal à 2. La table (3.6) indique la puissance laser, le waist et l’écart à résonance uti-
lisés au chapitre 4 pour construire une séparatrice et un miroir à atomes d’ordre 2 puis 3 et précise
les valeurs de q(F) et de τ correspondantes pour les deux niveaux hyperfins de l’état fondamental.
Ces valeurs élevées permettent de vérifier expérimentalement que le régime perturbatif n’est pas
applicable dès l’ordre 2, en bon accord avec l’étude théorique menée au paragraphe (3.2).

TAB. 3.6 – Exemples de valeurs numériques utilisées pour la construction de l’interféromètre au
second et au troisième ordre de diffraction. Les paramètres q et τ sont déduits des relations (3.44)
et (3.46).

Elément optique P(mW ) δL/(2π)(GHz) w0(mm) q(1) q(2) τ
Séparatrice ordre 2 80 3,1 1,8 9,1 7,8 0,8

Miroir ordre 2 200 3,1 1,8 22,7 18,1 0,8
Séparatrice ordre 3 80 1,1 2,9 9,9 5,7 1,4

Miroir ordre 3 140 1,1 2,9 17,3 10 1,4

3.3.5 Phases de diffraction à l’ordre p

Nous allons utiliser les valeurs de q et de τ calculées pour déterminer les phases de diffraction
qui apparaissent à l’ordre p avec les séparatrices et miroirs à atomes que nous avons construit. Nous
calculons les déphasages en utilisant les relations (3.31) et (3.33) respectivement pour l’ordre 1 et
l’ordre p. Nos résultats sont rassemblés dans la table (3.7).

TAB. 3.7 – Déphasage de l’onde atomique à la traversée de l’onde laser stationnaire pour les
trois premiers ordres de diffraction. Nous utilisons la valeur q(1) = q(F = 1).

Elément optique q(1) τ φp (rad)
Séparatrice ordre 1 0,7 2,2 -0,13

Miroir ordre 1 1,2 2,2 -0,40
Séparatrice ordre 2 9,1 0,8 -0,60

Miroir ordre 2 22,7 0,8 -10,97
Séparatrice ordre 3 9,9 1,4 3,82

Miroir ordre 3 17,3 1,4 1,15

Il faut toutefois rester prudents dans l’estimation de ces phases car les profils du laser que
nous avons réalisés sont des profils longitudinaux, dans la direction z de propagation de l’onde
atomique, et nous n’avons pas tenu compte de l’extension de l’onde laser dans la direction y. Ces
phases de diffraction ne sont pas en général étudiées et il nous a semblé intéressant d’en donner une
estimation. Leur rôle dans un interféromètre de Mach - Zehnder symétrique est à priori négligeable.
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3.4 Conclusions
Dans ce chapitre, nous avons montré comment construire un miroir et une séparatrice à atomes

par diffraction de l’onde atomique à l’ordre p, pour p variant de 1 jusqu’à 3.

Nous avons une bonne compréhension de la diffraction au premier ordre : la dynamique de
l’atome dans le champ du laser est régie par l’oscillation de Rabi et la théorie des perturbations est
applicable. Nous avons visualisé l’oscillation de Rabi, soit par variation de la puissance du laser,
soit par variation du désaccord en fréquence, dans le cas d’un jet atomique pompé optiquement
dans un niveau hyperfin. Notre étude montre le rôle de la distribution de vitesse des atomes et de
l’ouverture angulaire du jet atomique. Ce premier ordre de diffraction est particulièrement inté-
ressant pour l’interférométrie atomique car seulement deux faiscaux atomiques sont formés (en
comptant le faisceau direct d’ordre égal à zéro). Nous utiliserons ces savoirs - faire au chapitre 4
pour construire l’interféromètre atomique et au chapitre 6 pour déduire la vitesse des atomes du jet
d’un profil de diffraction.

Dès l’ordre 2, le traitement perturbatif n’est plus applicable et le couplage ne peut plus être
limité à deux états seulement. Il faut alors revenir à l’équation de Mathieu car les valeurs du
potentiel lumineux q nécessaires à l’interférométrie atomique dépassent largement l’unité. En ce
sens, nous pensons que les probabilités de diffraction proposées par D. Giltner dans sa thèse, qui
n’intègrent pas cet effet, doivent être manipulées avec précaution. Les valeurs de q et de τ que nous
proposons pour construire des séparatrices et des miroirs à atomes d’ordre 2 et 3 peuvent ne pas
être optimales, car nous ne sommes pas certains que la puissance du laser était suffisante.

Enfin, nous avons souhaité porter notre attention sur un aspect souvent peu étudié dans la lit-
térature portant sur l’influence de la diffraction par laser sur la phase de l’onde atomique. Ces
phases de diffraction s’expriment en fonction des paramètres q et de τ et peuvent être élevées, en
particulier au second ordre de diffraction. Toutefois, dans un interféromètre symétrique comme
celui de Mach et Zehnder, le rôle de ces phases ne nous semble pas capital. Cette étude demande
toutefois à être approfondie et dans cette thèse, nous avons eu essentiellement une approche très
pragmatique, consistant à trouver un jeu de paramètres expérimentaux permettant d’observer des
franges d’interférence de bonne visibilité.



Chapitre 4

Interférences atomiques

Dans ce chapitre, nous présentons les franges d’interférence atomique observées à Toulouse.
Nos signaux présentent une visibilité très élevée allant jusqu’à 84,5 ± 1 % au premier ordre de
diffraction. Le chapitre s’organise en trois parties. Nous commençons par décrire le fonctionne-
ment d’un interféromètre de Mach - Zehnder à trois réseaux, optique ou atomique, à partir d’un
modèle en ondes planes qui permet de comprendre comment observer les franges d’interférence.
La seconde partie présente nos franges d’interférence atomique, obtenues par diffraction de l’onde
atomique aux ordres de diffraction successifs p = 1, 2 et 3. Nous analysons quelques propriétés
de l’interféromètre en montrant sa grande transmission et en mesurant le bruit de phase, puis les
facteurs limitant la visibilité des franges à l’ordre p sont analysés. Nous terminons ce second para-
graphe en montrant les signaux d’interférence obtenus avec l’isotope bosonique 6Li, d’abondance
naturelle 7,5 %. La troisième et dernière partie est consacrée à l’optimisation de la sensibilité en
phase de l’interféromètre, une étude nécessaire avant d’utiliser l’appareil pour mesurer la polari-
sabilité électrique de l’atome de lithium. L’essentiel de ces résultats a été publié en 2005 dans la
revue European Journal of Physics D [95].

4.1 L’interféromètre de Mach - Zehnder à trois réseaux

La construction de l’interféromètre de Mach - Zehnder à trois réseaux résulte des efforts en-
trepris dans le courant des années 1950 pour observer des phénomènes d’interférence avec des
électrons [17] ou des rayons X [177]. Une nouvelle configuration dite à trois réseaux a ainsi vu
le jour dans laquelle le rôle des deux lames séparatrices est tenu par le premier et le troisième
réseau, le second réseau jouant le rôle des deux miroirs utilisés dans la configuration historique
de L. Mach et L. Zehnder [4, 5] rappelée en introduction. Cette configuration, représentée sur la
figure (4.1), permet d’utiliser indifféremment des ondes lumineuses ou des ondes de matière. Dans
un tel dispositif, le faisceau incident est séparé en plusieurs faisceaux correspondant aux différents
ordres de diffraction. Certains de ces faisceaux se superposent dans le plan du troisième réseau et
interfèrent après diffraction par ce réseau. Le détecteur, généralement placé sur la sortie notée 1 sur
la figure, reste fixe pendant toute la durée des acquisitions. Nous commençons par présenter l’in-
terféromètre optique de Mach - Zehnder à trois réseaux à travers un modèle en ondes planes. Cette
étude présente un double intérêt : conceptuel d’abord, car cet interféromètre est identique à son
analogue atomique, pratique ensuite, car le modèle en ondes planes permet d’expliquer comment
observer des franges d’interférence avec ce type d’appareil.
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Cette équation est valable dans la limite où |kR j | ¿ |k| et kR j .k ≈ 0. Le vecteur r j mesure la
position d’un point de référence du réseau R j. La dépendance de la phase de l’onde diffractée avec
la position du réseau dans son plan n’est en général pas mentionnée et nous allons voir que les
conséquences pratiques sont importantes. Un réseau étant une structure périodique, ce facteur de
phase doit lui même être une fonction périodique du vecteur position r j, avec une période égale à
celle du réseau. α j(p) désigne l’amplitude complexe de diffraction à l’ordre p par le réseau R j et
s’écrit sous la forme :

α j(p) = |α j(p)|eiϕ j(p) (4.2)

où la phase ϕ j(p) représente la phase résultant du processus de diffraction décrite dans le cas
de la diffraction d’ondes atomiques dans le régime de Bragg par l’équation (3.31) du chapitre
précédent. La transmission en intensité pour le faisceau diffracté à l’ordre p par le réseau R j sera
notée Tj(p) = |α j(p)|2.

Interférence

Si nous considérons seulement les deux chemins représentés sur la figure (4.1) qui interfèrent
sur la sortie 1, l’onde résultante est la somme de deux ondes, Ψh et Ψb, qui correspondent respec-
tivement au chemin du haut, d’ordre de diffraction successifs (p, −p, 0) :

Ψh = α1(p)α2(−p)α3(0) exp [i [k.r+ pkR1 .(r− r1)− pkR2.(r− r2)]] (4.3)

et au chemin du bas, d’ordre de diffraction successifs (0, p, −p) :

Ψb = α1(0)α2(p)α3(−p) exp [i [k.r+ pkR2 .(r− r2)− pkR3.(r− r3)]] (4.4)

Ces deux ondes cohérentes interfèrent par recouvrement spatial à la sortie du troisième réseau.
Désignons par ah le produit des amplitudes de diffraction α1(p)α2(−p)α3(0) correspondant au
chemin du haut sur la figure (4.1) et par ab le produit α1(0)α2(p)α3(−p) correspondant au chemin
du bas sur la figure (4.1). A priori, les amplitudes ah et ab sont des nombres complexes car la phase
ϕ j(p) ( j = 1− 3) associée à l’amplitude α j(p) n’est pas négligeable. Ces phases de diffraction
peuvent présenter une certaine dispersion comme nous le verrons dans le cas des ondes atomiques
au prochain paragraphe. Lorsque ah et ab possèdent la même phase, l’intensité sur le détecteur,
proportionnelle à la quantité |Ψh +Ψb|2, s’écrit au point r sous la forme suivante :

I(r) = |Ψh +Ψb|2 = I0[1+V cos(δk · r − φ0)] (4.5)

où I0 = |ah|2 + |ab|2 désigne l’intensité moyenne des franges d’interférence dont la visibilité V
s’exprime en fonction de |ah| et de |ab| sous la forme :

V =
2|ab||ah|
|ah|2 + |ab|2

(4.6)

Condition d’interférence Le vecteur d’onde δk représente la différence des vecteurs d’onde des
deux ondes planes Ψh et Ψb qui interfèrent :

δk = p (kR1 −2kR2 +kR3) (4.7)
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Des franges d’interférence apparaissent alors par superposition des deux ondes planes Ψh et Ψb,
et par intégration sur la surface du détecteur, ce signal est brouillé. Nous supprimons la dépendance
du terme d’interférence avec la position r du détecteur en annulant le vecteur δk. Cette annulation
est réalisée en modifiant l’orientation de l’un des réseaux dans son plan et l’équation (4.7) montre
que l’action sur le second réseau est deux fois plus sensible que sur le premier ou le troisième. Plus
précisément, si chaque vecteur d’onde kR j fait un petit angle δi avec l’axe x dans le plan (x, y) du
réseau, il vient, en posant kRi = kR(cosδi x+ sinδi y) :

δk = pkR(δ1−2δ2 +δ3)y (4.8)

au premier ordre en δi, en supposant les réseaux de pas identique, ce qui sera le cas dans la pra-
tique. Le vecteur δk est donc parallèle aux traits du réseau supposés verticaux, ce qui explique
l’apparition de franges horizontales très fines observables sur la surface du détecteur. Ces franges
deviennent de plus en plus larges au fur et à mesure que δk tend vers zéro. A la fin de la procé-
dure visant à annuler δk, nous obtenons une seule frange verticale qui est due à une imperfection
des réseaux utilisés : ces réseaux sont portés par une lame de verre d’épaisseur 1 mm légèrement
prismatique et la légère déflexion qui en résulte n’est pas prise en compte dans notre théorie.

Balayage des franges d’interférence Une fois la condition δk = 0 vérifiée, le signal interféren-
tiel s’écrit sous la forme simplifiée :

I = I0[1+V cos(φ0)] (4.9)

où la phase φ0 ne dépend que de la position r j des trois réseaux :

φ0 = p(kR1 · r1−2kR2 · r2 +kR3 · r3) (4.10)

La dépendance de la phase φ0 avec la position des réseaux fournit une méthode pour balayer les
franges d’interférence. Les vecteurs d’onde kR j étant portés par l’axe x, la dépendance de la phase
φ0 avec la position des réseaux selon cet axe s’écrit :

φ0 = 2 p π(x1−2x2 + x3)/a (4.11)

La modification de la position d’un des réseaux, par exemple le troisième, d’une distance a = 2π/kR
entraîne une variation de la phase φ0 de 2pπ et permet de faire défiler les franges d’interférence.

Nous avons représenté le signal obtenu avec l’interféromètre optique construit à Toulouse sur la
figure (4.2). Cet interféromètre est formé de réseaux blazés de pas 5 micromètres formés d’un dé-
pôt de verre organique monté sur une lame de verre, commercialisés par la firme Paton Hawksley
[178]. Ces réseaux ne sont pas parfaitement symétriques : l’ordre de diffraction p = +1 sélectionné
par l’effet de blaze est plus intense que l’ordre −1. Pour assurer l’égale intensité des deux fais-
ceaux qui interfèrent, nous utilisons toujours l’ordre de diffraction le plus intense et pour cette
raison, le réseau R2 est en fait composé de deux réseaux R2A et R2B d’orientation opposée. La
source lumineuse est un laser He - Ne et la détection du signal interférentiel s’effectue à l’aide
d’une photodiode munie d’un amplificateur choisi pour son faible bruit. L’angle de diffraction vaut
θD = 127 milliradians et la distance entre réseaux successifs est identique à celle de l’interféro-
mètre atomique L12 = 0,605 mètre. Sur la figure, la visibilité des franges est de 91,5 % et notre
meilleur résultat est de 98 %. L’appareil possède une transmission proche de 100 % et une stabilité
remarquable puisque nous n’avons pas noté de dérive de phase notable sur des temps d’acquisition
supérieur à dix heures.
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FIG. 4.2 – Franges d’interférence optique issue de l’interféromètre de Mach - Zehnder à trois
réseaux. Les réseaux sont des réseaux blazés de pas 5 micromètres.

Applications

L’équation (4.11) montre que l’interféromètre optique de Mach - Zehnder peut permettre de
détecter les vibrations relatives de la position des trois réseaux (x1−2x2 + x3). Il est ainsi souvent
utilisé pour contrôler les vibrations d’un interféromètre de Mach - Zehnder à trois réseaux fonc-
tionnant avec des ondes de matière. Citons les expériences menées dans le groupe de A. Zeilinger
en 1989 portant sur des neutrons ultra - froids [179], celle de D. Pritchard portant sur des atomes de
sodium [22] et de S.A. Lee utilisant des atomes de néon métastable [69]. Dans notre expérience,
l’interféromètre optique est directement monté sur les miroirs utilisés pour construire les ondes
lasers stationnaires de l’interféromètre atomique et nous contrôlons la position relative des miroirs
à 3 nanomètres rms (chapitre 1). Nous utiliserons également l’interféromètre optique pour calibrer
les franges d’interférence atomique, pour mesurer la distance x3 dont a été déplacé le miroir (M3)
formant la troisième onde stationnaire laser.

4.1.2 Interféromètre atomique de Mach - Zehnder à trois réseaux
La plupart des conclusions établies au paragraphe précédent restent valables pour l’interférence

d’ondes atomiques. Nous ne reprendrons que les points essentiels en soulignant les analogies et les
différences.

• L’onde atomique incidente n’est pas en toute rigueur une onde plane, à cause de la diffaction
par les fentes de collimation. Un calcul plus détaillé de la propagation de l’onde atomique dans ce
type d’interféromètre est décrit dans un papier écrit par Q.A. Turchette [180] et dans l’article publié
dans notre équipe en 1999 [181] qui figure dans la thèse de C. Champenois [110]. Les résultats de
cette étude permettent notamment d’évaluer l’effet des défauts d’alignement de l’interféromètre
sur les signaux d’interférence comme nous le verrons au paragraphe (4.3).

• Dans le cas d’ondes atomiques, les phases ϕ j(p) associées à la diffraction peuvent ne pas
être négligeables, notamment lorsque la diffraction s’effectue à des ordres élevés. L’expression
de ces phases a été donnée à l’équation (3.31) du chapitre 3 dans le cas de la diffraction dans le
régime de Bragg. Liées au potentiel de déplacement lumineux, ces phases s’expriment en fonction
des paramètres q et τ dans le régime perturbatif. Elles peuvent être élevées, et nous verrons au
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paragraphe (4.2.3) que leur fluctuation, due à des imperfections du laser et/ou du jet atomique,
peut réduire la visibilité des franges atomiques.

• La condition d’égalité des vecteurs d’ondes qui interfèrent, établie dans le cas de l’interféro-
métrie optique, reste valable en interférométrie atomique :

δk = p(kR1 −2kR2 +kR3) = 0 (4.12)

Dans le cas des ondes atomiques, le vecteur kR j ( j = 1− 3) désigne le vecteur du réseau R j de
module 2π/a avec a = λL/2 puisque le réseau est une onde laser stationnaire. Nous verrons au pa-
ragraphe (4.3.1) de ce chapitre que les écarts à la condition (4.12) modifient fortement la visibilité
des franges atomiques et que cette sensibilité croît avec l’ordre p de la diffraction comme l’indique
l’équation (4.12) puisque δk ∝ p. Pour cela, nous ajusterons la rotation du miroir (M2) autour de
l’axe z du jet atomique.

• L’observation des franges atomiques s’effectue, comme en interférométrie optique, en utili-
sant la dépendance de la phase φ0 avec la position relative des trois réseaux :

φ0 = 2 p π(x1−2x2 + x3)/a (4.13)

a désignant le pas du réseau atomique (a = λL/2 = π/kL). La phase φ0 ne dépend pas de la longueur
d’onde atomique λdB et ce caractère non dispersif est très important car la source d’atomes n’est
qu’approximativement monochromatique (chapitre 2). La phase φ0 varie très rapidement avec la
quantité (x1−2x2 +x3) : au premier ordre de diffraction, un déphasage de 1 radian est obtenu pour
une variation de seulement 53 nanomètres de cette quantité. La dépendance de la phase φ0 avec
la position des réseaux rend l’interféromètre atomique très sensible aux vibrations environnantes
et au bruit sismique ambiant, qui peut entraîner une flexion du banc dans le plan horizontal (x,z).
L’amplitude rms de ces vibrations, mesurée par interférométrie optique, est de 3 nm rms. Cette
faible valeur résulte de la rigidité du montage et du fait que l’interféromètre est monté au sous -
sol avec des pompes primaires situées dans une pièce séparée. La figure (4.3) est une photographie
du banc de l’interféromètre sur laquelle on peut voir les miroirs (M2) et (M3) de l’interféromètre
atomique et les réseaux R2A, R2B et R3 de l’interféromètre optique.

FIG. 4.3 – Photographie du banc de l’interféromètre avec les miroirs (M2) et (M3) et les réseaux
optiques R2A, R2B et R3. Le miroir (M1) et le réseau optique R1 ne sont pas visibles sur la figure
mais il sont situés dans le prolongement du banc, sur la partie droite .





90 CHAPITRE 4. INTERFÉRENCES ATOMIQUES

atomes du jet dans un niveau hyperfin de l’état fondamental. L’angle de Bragg est ensuite ajusté
pour les miroirs (M1) et (M3) en prenant soin de diffracter l’onde atomique dans le même ordre de
diffraction (+1 ou -1) que celui choisi pour le miroir (M2). Une fois la répartition de puissance entre
les deux séparatrices ajustée, nous déplaçons la fente de détection depuis la position occupée par le
jet atomique en l’absence de toute diffraction laser jusqu’à l’une des deux sorties, par exemple la
première. L’ordinateur pilote alors le balayage des franges d’interférence en appliquant une tension
de forme triangulaire sur la cale piézoélectrique assurant ainsi la translation du miroir (M3) selon
la direction x. La vitesse de défilement des franges est ajustée par l’expérimentateur qui fixe la
fréquence de balayage de cette tension.

1. Observation des franges d’interférence atomique

Plusieurs acquisitions de ce type ont été menées au cours de l’année 2004. La figure (4.5) pré-
sente les franges atomiques obtenues au printemps 2004. Dans cette expérience, la largeur des dif-
férentes fentes (collimation, détection) est e0 = 20 µm, e1 = 12 µm et eD = 40 µm. Le profil du laser
s’apparente davantage à un mode de type mésa de largeur D = 5,0 mm, la puissance totale du laser
est de 150 mW et l’écart à résonance du laser, mesuré par rapport à la transition 2S1/2,F=1−2 P3/2
vaut 2,8 GHz. Moins de 1 % des points de mesure sont des pics d’intensité anormalement élevés,
présents sur le signal interférentiel comme sur le signal de fond. Ces pics proviennent du détecteur
à fil chaud et sont éliminés dans une première phase de traitement des données. La calibration du
balayage du miroir (M3) est effectuée à l’aide de l’interféromètre optique d’interfrange 5 µm et
l’intensité du signal de sortie de l’interféromètre atomique est de la forme :

I = IB + I0[1+V cos(φ0)] (4.14)

Le signal de fond IB du détecteur est enregistré juste après l’acquisition des franges atomiques
en stoppant le jet atomique dans la deuxième enceinte à l’aide d’une plaque métallique. Nous en
déduisons la valeur moyenne du signal de fond, égale à 2250 c/s sur la figure (4.5).

Plusieurs méthodes ont été essayé pour mesurer la visibilité V et l’intensité moyenne I0 du
signal. Une première approche consiste à mesurer la visibilité à partir des valeurs extrêmales du
signal interférentiel, que l’on peut déduire d’un fit polynomial autour de ces extrema. Nous ob-
tenons ainsi V = 80,5 ± 0,8 % et I0 = 12950 ± 100 c/s. Cette approche ignore toutefois les
valeurs de I voisines de I0. Une autre méthode consiste à lisser la courbe obtenue, le point nu-
méro i de la courbe de lissage étant une moyenne des points expérimentaux situés dans l’intervalle
[i−(n−1)/2,i+(n−1)/2], où l’entier n est choisi par l’opérateur. Pour n = 5, nous obtenons V =
80,1 ± 1,0 % et I0 = 12870 ± 100 c/s en bon accord avec la méthode précédente. Afin de prendre
en compte la totalité des points expérimentaux, nous avons ajusté ces points par une méthode de
moindres carrés. Localement, la phase φ0 qui permet de faire défiler les franges d’interférence est
une fonction linéaire du temps. Toutefois, le fit doit inclure la non linéarité introduite par la cale
piézoélectrique et la phase φ0 est de la forme :

φ0 = a+bn+ cn2 (4.15)

n désignant le numéro du canal dans l’enregistrement. Les coefficients a, b et c représentent res-
pectivement la phase initiale de l’interférogramme, la pente d’une rampe idéale en tension, et le
coefficient de correction dû à la non linéarité de la cale, ce qui conduit à réaliser un fit à 5 para-
mètres (I0, V , a, b et c) qui fournit plusieurs informations intéressantes.
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FIG. 4.5 – Franges d’interférence atomique de lithium 7 obtenues par diffraction de l’onde ato-
mique au premier ordre de diffraction. L’abscisse x(M3) est calibrée par interférométrie optique
et nous vérifions que la distance ∆x nécessaire pour faire défiler une frange atomique est égale à
λL/2. Le signal de fond de moyenne 2250 c/s et la courbe des résidus issue du fit, d’écart-type 860
c/s, sont représentés au bas de la figure.

La distance ∆x nécessaire pour faire défiler une frange atomique vaut 336,0± 0,5 nm et cette
valeur est compatible avec la valeur attendue de l’interfrange atomique λL/2 = 335,5 nm. Le fit
fournit c ' 10−5 et l’intensité moyenne du signal de sortie est I0 = 12900± 50 c/s et la visibilité
des franges atomiques atteint la valeur élevée de 80,5± 0,5 %. Pour chaque point expérimental, on
a représenté au bas de la figure (4.5) la différence entre la loi théorique et les points de mesure. Ce
résidu de valeur moyenne nulle ne présente pas de structure particulière. La visibilité des franges
atomiques est donc de 80,5 % et une barre d’erreur de 1 % semble très crédible. Les réglages qui
permettent d’ajuster la visibilité à 80,5 % seront détaillés au paragraphe (4.3) au cours d’une série
d’expériences portant sur la sensibilité des franges atomiques à différents paramètres, comme des
défauts d’alignement.

En juillet 2004, des franges d’interférence de visibilité égale à 84,5 ± 1 % ont été enregistrées
par diffraction de l’onde atomique au premier ordre. La figure (4.6) présente ces franges atomiques
qui constituent notre meilleur résultat en terme de visibilité. Les largeurs des fentes de collimation
et de détection sont identiques à celles utilisées au printemps 2004. Dans cette expérience, nous
avons compensé les gradients de champ magnétique résiduels présents dans l’interféromètre, selon
une méthode que nous décrirons au paragraphe (4.3) de ce chapitre et dans le chapitre 5 entièrement
consacré à l’influence d’un champ magnétique inhomogène sur les franges d’interférence 1. Après
ajustement des points expérimentaux, il apparaît que l’interfrange atomique est bien conforme aux
valeurs attendues (335,3 ± 0,4 nm). La visibilité des franges atteint cette fois 84,5 ± 1 % avec un
flux de sortie nettement plus élevé que précédemment, égal à I0 = 23710±50 c/s obtenu pour un
signal de fond comparable (3380 c/s).

1. Des franges de visibilité identique ont été obtenues en octobre 2004 en présence de la cellule de mesure de la
polarisabilité du lithium, sans compensation de gradients de champ magnétique résiduels. Nous y reviendrons plus
largement au chapitre 6, paragraphe (3.6).



92 CHAPITRE 4. INTERFÉRENCES ATOMIQUES

-335,5 0,0 335,5 671,0 1006,5

0

5k

10k

15k

20k

25k

30k

35k

40k

45k

50k
Signal (kc/s)

x - position du miroir M
3
 (nm) 

 

FIG. 4.6 – Franges d’interférence atomique de lithium 7, enregistrées par diffraction de l’onde
atomique au premier ordre de diffraction. La visibilité des franges atomiques atteint 84,5 ± 1 %
après compensation des gradients de champ magnétique résiduels.

Cette visibilité élevée place notre appareil parmi les tous meilleurs interféromètres fonctionnant
avec des atomes aux énergies thermiques et des faisceaux atomiques séparés spatialement. Elle
signifie que la cohérence de l’onde atomique est pratiquement totalement préservée lors de sa
propagation dans l’interféromètre alors que la séparation entre les deux chemins atomiques au
voisinage du second réseau est de 100 micromètres au premier ordre de diffraction, soit environ
deux millions de fois la longueur d’onde de De Broglie !

TAB. 4.1 – Différentes informations concernant l’acquisition des franges atomiques au premier
ordre de diffraction. Nous donnons plusieurs paramètres expérimentaux : le rayon w0 du laser, la
puissance totale utilisée pour les ondes stationnaires, l’écart à résonance δL/(2π) et les largeurs
des fentes de collimation e1 et de détection eD, exprimées en micromètres.

Date I0 (c/s) V (%) I0V 2 w0 (mm) δL/(2π)(GHz) P(mW) e1 eD
Avril 2004 12900 80.5 ± 1 8360 5.0 (a) 2.8 150 12 40
Mai 2004 20100 78.5 ± 1 11070 4.5 2.1 150 16 40
Juil. 2004 29700 76.0 ± 1 16930 4.5 2.8 150 16 40

Juil. 2004 (b) 23710 84.5 ± 1 16930 4.8 2.8 150 12 40
Oct. 2004 32010 81.5 ± 1 21260 3.2 3.2 170 14 15 (d)

Oct. 2004 (c) 12650 84 ± 1 9030 3.2 3.2 170 14 10 (d)

(a) w0 est la taille du faisceau laser (profil d’intensité plat).
(b) expérience menée avec annulation de l’effet des gradients de champ magnétique résiduels

(c) expérience réalisée en présence de la cellule de mesure de polarisabilité
(d) expérience menée avec une pression d’argon de 150 Torr, 250 Torr étant le cas usuel.
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La table (4.1) rassemble les informations concernant l’acquisition des franges atomiques au
premier ordre de diffraction en précisant les conditions expérimentales. Nous avons régulièrement
obtenu plus de 75 % de visibilité, et dans cette table nous avons calculé le facteur de mérite I0V 2,
relié à la sensibilité en phase si la statistique de comptage est Poissonienne. Nous vérifions ainsi
qu’une bonne sensibilité en phase peut être obtenue, soit avec un flux élevé et une visibilité satis-
faisante, soit avec une visibilité élevée et un flux de sortie satisfaisant (lignes 3 et 4 de la table). La
comparaison des facteurs de mérite obtenus avec ceux d’autres groupes de recherche (Table (1) du
chapitre d’introduction) montre que notre appareil possède la sensibilité en phase la plus élevée,
parmi les interféromètres fonctionnant par diffraction élastique d’atomes aux énergies thermiques.

2. Quelques propriétés de l’interféromètre

Une fois les premiers signaux interférentiels obtenus, nous avons vérifié deux propriétés de
l’interféromètre atomique construit : sa grande transmission en intensité, et la possibilité d’enre-
gistrer les franges d’interférence soit sur la sortie 1, soit sur la sortie 2. Nous mesurerons ensuite
la sensibilité en phase et la dérive de phase de notre appareil.

Transmission de l’interféromètre Les ondes stationnaires laser sont des réseaux de phase qui
transmettent tous les atomes incidents. En principe, la transmission d’un interféromètre atomique
de Mach - Zehnder à trois réseaux est donc égale à 100 %. Nous avons mesuré la transmission de
notre appareil au premier ordre de diffraction. Lorsque l’interférence est constructive sur la sortie
1, l’intensité du signal de sortie est maximale sur cette sortie. La transmission de l’interféromètre
s’écrit alors simplement sous la forme du rapport de ce maximum d’intensité à l’intensité du jet
d’atomes non diffracté, obtenue en l’absence de toute diffraction laser. Des mesures de ce type
ont montré que la transmission de notre interféromètre atteint des valeurs assez élevées, allant
jusqu’à 85 %. La différence observée avec la théorie est essentiellement due aux imperfections de
la diffraction par laser : une petite partie des atomes n’est pas diffractée (atomes de lithium 6 par
exemple), ce qui donne naissance aux différents faisceaux parasites de la figure (4.4), réduisant
ainsi la transmission de l’interféromètre.

Profil du jet atomique en sortie de l’appareil Pour caractériser ces différents faisceaux para-
sites, nous avons enregistré un profil du jet atomique en translatant la fente de détection (FD) selon
la direction x en présence des trois ondes laser stationnaires. Le contrôleur de la fente de détection
qui permet de piloter sa translation dans cette direction ne fonctionnant plus, nous avons balayé la
fente de détection manuellement à l’aide de la translation Micro-contrôle de pas 25,4 micromètres
avec une largeur de fente eD = 40µm. Pendant toute la durée de ce balayage, le miroir (M3) possède
une position déterminée selon l’axe x, correspondant à un signal de sortie d’intensité I ' I0.

La figure (4.7) présente le profil atomique obtenu après ajustement des différents maxima d’in-
tensité selon une loi Gaussienne. Bien que les conditions d’acquisition ne soient pas optimales, on
constate que l’intensité des sorties 1 et 2 est comparable, ce qui est conforme au réglage de l’in-
tensité I du signal au voisinage de I0 (il faudrait davantage de points expérimentaux pour aboutir à
une conclusion plus précise). La distance x12 séparant les sorties 1 et 2 est également intéressante
car elle est reliée à l’angle de diffraction θD :

θD = x12/L34 = h/(mva) (4.16)
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FIG. 4.7 – Profil du jet atomique obtenu par translation de la fente de détection en présence des
trois ondes laser stationnaires. La position du miroir (M3) est fixe et conduit à I ' I0 et les points
expérimentaux, enregistrés par pas de 10−3 inch (25,4 µm), sont ajustés par une Gaussienne.

où la distance L34 = 400 mm est repérée sur la figure (4.4). Nous mesurons x12 = 70 µm et la peti-
tesse de x12 est une conséquence de la diffraction élastique et de l’utilisation d’atomes aux énergies
thermiques. L’angle de diffraction au premier ordre correspondant est de 172 microradians, et cette
valeur est compatible avec la vitesse moyenne des atomes dans le jet, voisine de 1070 m/s. En sor-
tie de l’interféromètre, la largeur totale à mi - hauteur du jet atomique est de l’ordre de 50 µm
lorsque le jet atomique a été collimaté avec le jeu de fentes suivant: e0 = 20 µm, e1 = 12 µm et
détecté avec une fente de largeur eD = 40 µm. Cette largeur est inférieure à la largeur du faisceau
atomique direct, formé des atomes ayant subi trois diffractions successives à l’ordre zéro, dont la
direction est celle du jet atomique incident. Ce résultat est en accord avec la sélectivité angulaire
de la diffraction dans le régime de Bragg : la largeur du jet atomique est réduite après diffraction,
et le faisceau atomique direct est le plus large des quatre profils.

Complémentarité des signaux de sortie 1 et 2 La transmission élevée de l’interféromètre si-
gnifie que la grande majorité des atomes incidents sont diffractés et contribuent au signal d’inter-
férence. Cette loi de conservation implique qu’une interférence constructive sur la sortie 1 doit se
traduire dans le même temps par une interférence destructive sur la sortie 2. Aussi, les signaux des
sorties 1 et 2 sont de la forme :

I1,2 = IB + I0[1±V cos(φ0)] (4.17)

Pour vérifier cette propriété, l’idéal serait de pouvoir enregistrer simultanément les deux sorties
de l’appareil. Notre interféromètre de Mach - Zehnder distingue les signaux de sortie par leur
position dans l’espace, et naturellement la fente de détection ne peut occuper simultanément deux
positions. Nous avons donc enregistré les franges atomiques de chaque sortie l’une après l’autre
en prenant soin d’appliquer une rampe en tension identique (amplitude, fréquence) sur la cale de
translation du miroir (M3) permettant le balayage des franges atomiques. Une fois la calibration
optique effectuée, nous obtenons les franges représentées sur la figure (4.8).
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L’ajustement des points expérimentaux fournit le déphasage ϕ entre les deux sorties : ϕ/π =
1,02 ± 0,03. Il est compatible avec un déphasage de π, ce qui traduit l’opposition de phase des
sorties 1 et 2 de l’interféromètre.
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FIG. 4.8 – Franges d’interférence atomique au premier ordre de diffraction enregistrées sur cha-
cune des deux sorties 1 (noir) et 2 (gris). L’acquisition de la sortie 2 est réalisée juste après celle
de la sortie 1, la calibration étant effectuée grâce à l’interféromètre optique identique pour les
deux balayages. La largeur de la fente de détection est de 40 µm.

L’ajustement du signal interférentiel de la sortie 2 fait apparaître une visibilité V2 = 56 % in-
férieure à celle obtenue sur la sortie 1 (V1 = 68 %). L’explication la plus naturelle consiste à
remarquer que les faisceaux qui interfèrent sur la sortie 2 ont des amplitudes différentes. Sur le
port 2, en l’absence de faisceaux parasites, la transmission en intensité du chemin atomique du
haut est T1(p)T2(−p)T3(p) alors que sur le chemin atomique du bas, nous obtenons une valeur dif-
férente T1(0)T2(p)T3(0). Sur la sortie 1 en revanche, les deux faisceaux qui interfèrent possèdent
la même intensité T1(0)T2(p)T3(−p) si l’on suppose que les réseaux 1 et 3 identiques. En réalité,
nous verrons au paragraphe (4.3.1) que la visibilité des franges atomiques est peu affectée par une
différence d’intensité des deux faisceaux qui interfèrent. Nous pensons que la perte de visibilité
observée sur le port 2 s’explique plus probablement par le rôle joué par les faisceaux parasites
représentés sur la figure (4.4) analysé au paragraphe (4.3.3).

La petitesse de la distance x12 (70 µm) et l’opposition de phase observée entre les sorties 1 et 2
oblige à travailler avec une fente de détection relativement étroite, de l’ordre de quelques dizaines
de micromètres au premier ordre de diffraction, afin d’obtenir des franges de visibilité élevée. Dans
le même temps, il est souhaitable d’opérer avec une fente de détection la plus large possible, afin
d’obtenir le flux de sortie le plus large possible. Il s’agit donc de trouver un compromis, et nous
verrons paragraphe (4.3.3) de ce chapitre que ce compromis consiste à maximiser le facteur de
mérite M = I0V 2, représentant la sensibilité en phase de l’appareil. C’est ainsi que nous avons
procédé pour obtenir la valeur de M la plus élevée de la table (4.1).
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Sensibilité en phase de l’appareil, dérive de la phase φ0 La phase minimale φmin détectable
pendant la période de comptage de 0,1 s dépend du bruit B sur le signal interférentiel. Les mesures
de phase sont généralement effectuées pour une intensité I ' I0, c’est à dire aux points où la
pente de la sinusoide est maximale. En ces points, la relation entre B et φmin s’écrit, pour un sigal
interférentiel de valeur moyenne I0 :

B = I0V φmin (4.18)

Le tracé du résidu (différence entre les points expérimentaux et l’ajustement par une méthode
de moindres carrés) permet de déterminer la valeur de B. Pour les franges de visibilité 80,5 %,
l’écart-type de la fonction résidu est B = 850 c/s, soit φmin = 82 mrad, ce qui correspond à une
sensibilité en phase de 25 mrad/

√
Hz. Les franges de visibilité 84,5 % et de flux I0 = 23710 c/s

obtenues en octobre 2004 conduisent à une sensibilité en phase σφ = 10 mrad/
√

Hz (B = 610 c/s et
φmin = 30 mrad), ce qui donne un aperçu des différentes valeurs obtenues pour σφ. Nous concluons
que la sensibilité en phase σφ de l’interféromètre au premier ordre de diffraction est :

σφ ' 25 mrad/
√

Hz (4.19)

Ce résultat est meilleur que celui obtenu en 2001 où σφ était égal à 34 mrad/
√

Hz (une erreur d’un
facteur 2 s’était glissée dans le papier publié en 2001 [182]).

La phase φ0 utilisée pour balayer les franges d’interférence varie très rapidement avec la position
relative (x1−2x2 + x3) des trois miroirs et au premier ordre de diffraction, une phase de 1 rad est
obtenue pour un déplacement relatif des trois miroirs de seulement 53 nm. La dérive de cette phase
a été mesurée : elle est globalement linéaire et s’effectue à la vitesse de 7,4 ± 0,2 mrad par minute
avec des fluctuations rms de 33 mrad autour de cette dérive régulière. Nous détaillerons cette étude
au chapitre 6 et nous expliciterons à cette occasion la contribution majeure à cette dérive, liée aux
dérives de la température du banc de l’interféromètre.
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FIG. 4.9 – Dérive de la phase φ0 utilisée pour balayer les franges atomiques. La dérive moyenne
est de 7,35 ± 0,20 mrad par minute soit encore 0,44 radian par heure.
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4.2.2 Interférences atomiques au second et troisième ordre de diffraction

Nous avons fait fonctionner l’interféromètre par diffraction de l’onde atomique de lithium au
second et au troisième ordre de diffraction. Détaillons la méthode utilisée et les signaux obtenus.

Interférences atomiques au second ordre de diffraction

Au second ordre de diffraction, l’angle de diffraction est ΘD = 320 µrad, c’est à dire deux fois
celui obtenu pour p = 1. Nous commençons par construire le miroir à atomes en orientant le miroir
(M2) pour satisfaire la condition de Bragg au second ordre de diffraction.

La figure (4.10) montre le profil de diffraction obtenu sur le miroir (M2) en balayant l’angle de
rotation ΘY (M2) autour de l’axe y. Ce profil a été enregistré juste avant l’obtention des franges
atomiques au second ordre avec une densité de puissance laser élevée (au plus 140 mW/mm2)
obtenue en réduisant le grossissement du télescope pour le rendre égal à 2. Nous constatons que la
probabilité de diffracter les atomes au second ordre est alors plus importante qu’au premier ordre,
ce qui permet d’envisager la construction d’un interféromètre fonctionnant par diffraction de l’onde
atomique à l’ordre 2. Après avoir optimisé la qualité de ce miroir à atomes, nous réglons l’angle
de Bragg pour les deux autres miroirs en prenant soin de choisir le même ordre de diffraction pour
les trois miroirs, par exemple p = +2.
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FIG. 4.10 – Profil de diffraction enregistré par rotation du miroir (M2) autour de l’axe y. Le choix
d’un télescope de grossissement G = 2 permet de disposer de suffisamment de densité de puissance
laser pour diffracter préférentiellement les atomes aux ordres ± 2.

Les premières franges d’interférence enregistrées au second ordre de diffraction sont représen-
tées en noir sur la figure (4.11) acquise au printemps 2004. La fente de détection est positionnée
sur la sortie 1, située cette fois à environ 200 µm du faisceau atomique direct, formés des atomes
ayant subi trois diffractions à l’ordre zéro. Une fois la calibration optique effectuée, nous comptons
15 franges atomiques pour une demi - frange optique c’est à dire 2,5 µm. Le déplacement ∆x né-
cessaire pour balayer une frange atomique est donc égal à 166,7 nm. Ce résultat est en bon accord
avec la théorie, rappelée à l’équation (4.13), qui prévoit un interfrange atomique égal à λL/(2p),
c’est à dire 167,7 nm lorsque p = 2.
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FIG. 4.11 – Premières franges d’interférence atomique au second ordre de diffraction. La ca-
libration optique permet de vérifier que l’on compte 15 franges atomiques au second ordre (en
noir) pour une demi - frange optique. A titre d’information, nous avons également représenté en
gris les 7,5 franges atomiques correspondant au premier ordre de diffraction. Ces franges ont été
enregistrées juste avant à partir du même balayage en tension (rampe pointillée).

Le tableau (4.2) rassemble les informations concernant l’acquisition des franges atomiques au
second ordre de diffraction en précisant les conditions expérimentales.

TAB. 4.2 – Différentes informations concernant l’acquisition des franges atomiques au second
ordre de diffraction. Nous donnons la date de l’expérience, l’intensité moyenne I0, la visibilité V ,
le facteur de mérite I0V 2 et plusieurs paramètres expérimentaux concernant le laser (rayon w0,
puissance totale utilisée pour les ondes stationnaires, écart à résonance δL/(2π)) et les largeurs
des fentes de collimation e1 et de détection eD, exprimées en micromètres.

Date I0 (c/s) V (%) I0V 2 w0 (mm) δL/(2π)(GHz) P(mW) e1 eD
Avril 2004 14430 49.0 ± 1 3465 2.9 1.5 300 12 50
Sept. 2004 20180 51.0 ± 1 5250 1.8 3.1 460 14 50

Sept. 2004 (a) 2850 58.0 ± 1 960 1.8 2.3 (c) 14 60
Sept. 2004 (b) 8150 54.0 ± 1 2735 1.8 3.1 (c) 14 60

(a) expérience réalisée en pompant optiquement le jet atomique dans le niveau 2S1/2,F=1
(b) expérience menée avec annulation de l’effet des gradients de champ magnétique résiduels

(c) quantité non mesurée durant cette expérience

En septembre 2004, en portant la puissance totale du laser à 460 mW, nous avons pu travailler
avec des écarts à résonance de 3 GHz, comparables à ceux utilisés au premier ordre de diffraction.
Nous avons régulièrement obtenu plus de 45 % de visibilité. La figure (4.12) présente les franges
atomiques de visibilité 51 % (graphe de gauche) et celles de visibilité 54 % obtenues par com-
pensation de l’effet des gradients de champ magnétique (graphe de droite). Une visibilité de 58
% a été obtenue en pompant optiquement le jet atomique dans le niveau 2S1/2,F=1 avec un écart
à résonance de 2,3 GHz sans compenser l’effet des gradients de champ magnétique résiduels. Ce
résultat est délicat à interpréter car la puissance totale du laser n’a malheureusement pas été mesu-
rée au cours de cette expérience. Toutefois, cette acquisition souligne que la diffraction de chacun
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des deux niveaux hyperfins de l’état fondamental ne s’effectue pas avec les mêmes probabilités,
ce qui peut augmenter dans certains cas la visibilité des franges atomiques. Le facteur de mérite le
plus élevé correspond aux franges atomiques de visibilité 51 % et de flux moyen I0 = 20180 c/s. La
sensibilité en phase, calculée à partir du tracé de la courbe de résidu, est voisine de 20 mrad/

√
Hz

(B = 630 c/s et φmin = 62 mrad).
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FIG. 4.12 – Interférences atomiques au second ordre de diffraction. Sur le graphe de gauche, la
visibilité est de 51 %, elle atteint 54 % sur le graphe de droite en compensant l’effet des gradients
de champ magnétique résiduels de l’interféromètre (chapitre 5).

Interférences atomiques au troisième ordre de diffraction

En utilisant une méthode similaire à celle du paragraphe précédent, nous avons construit un
interféromètre fonctionnant par diffraction élastique de l’onde atomique au troisième ordre de
diffraction. La figure (4.13) présente notre meilleur résultat, obtenu au printemps 2004.
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FIG. 4.13 – Interférences atomiques au troisième ordre de diffraction : la visibilité atteint 26 % et
l’intensité moyenne est I0 = 4870 c/s.
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L’expérience a été réalisée en utilisant un écart à résonance de 1,1 GHz, une puissance laser de
300 mW et un faisceau laser Gaussien de waist w0 = 2,9 mm. Les largeurs des fentes sont e1 =
12 µm et eD = 40 µm. Les franges atomiques gardent une visibilité très correcte, égale à 26 %, et
l’intensité en sortie de l’appareil est I0 = 4870 c/s. Après calibration par interférométrie optique,
nous vérifions que le déplacement nécessaire pour faire défiler une frange atomique est maintenant
égal à λL/(2p) avec p = 3, c’est à dire 112 nm. La sensibilité en phase vaut σφ = 65 mrad/

√
Hz,

obtenue à partir d’un bruit B égal à 259 c/s (écart-type du résidu) et φmin = 205 mrad.

4.2.3 Visibilité des franges atomiques et ordre de diffraction
Dans l’interféromètre contruit, la séparation entre les deux bras principaux est égale à 0,1 mm

au premier ordre de diffraction. La diffraction de l’onde atomique à l’ordre p (p > 1) permet d’aug-
menter cette séparation d’un facteur égal à p. Cette plus grande séparation des chemins atomiques
s’accompagne toutefois d’une perte de visibilité des franges atomiques, ce qui réduit la sensibilité
en phase de l’interféromètre. Dans ce paragraphe, nous nous proposons d’analyser l’origine de
cette décohérence.

Nos facteurs de visibilité les plus élevés correspondent à V = 84,5 % au premier ordre de
diffraction, 58 % au second ordre et 26 % au troisième ordre. Jusqu’à maintenant, la dépendance
de la visibilité des franges atomiques avec l’ordre p de la diffraction n’a été étudiée dans ce type
d’interféromètre que dans l’équipe de S.A. Lee [69] et les visibilités obtenues sont les suivantes : V
= 62 % au premier ordre de diffraction, V = 22 % lorsque p = 2, et V = 7 % pour p = 3. La figure
(4.14) représente la visibilité des franges atomiques en fonction de l’ordre p de la diffraction dans
l’équipe de S.A. Lee (trait pointillé) et dans notre équipe (trait plein). Pour chaque valeur de l’entier
p, notre visibilité est donc plus élevée d’environ 20 %. Toutefois, dans les deux expériences, la
visibilité des franges décroît rapidement lorsque l’ordre p de la diffration augmente. Nous allons
voir que plusieurs explications peuvent être avancées pour expliquer ce phénomène.
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FIG. 4.14 – Visibilité des franges atomiques en fonction de l’ordre de diffraction dans l’équipe de
S.A. Lee (trait pointillé) et dans notre équipe (trait plein).
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L’hypothèse la plus naturelle pour expliquer la perte de visibilité observée lorsque l’ordre p de
la diffraction augmente est l’existence d’un bruit de phase dans l’interféromètre dont l’amplitude
serait proportionnelle à p. Nous allons supposer que la phase φ de l’interférogramme est distribuée
selon une loi Gaussienne, centrée autour de la phase moyenne φm et de variance σ2 :

P(φ)dφ =
1

σ
√

2π
exp

[
−(φ−φm)2

2σ2

]
dφ (4.20)

L’intensité du signal en sortie de l’interféromètre s’écrit alors :

I = I0
[
1+V0 cos(φm)exp

(−σ2/2
)]

(4.21)

Au premier ordre de diffraction, l’interféromètre possède une visibilité égale à 84,5 %. Si l’on
suppose que la perte de visibilité (par rapport au cas idéal de 100 %) est due uniquement à un
bruit de phase, nous obtenons un écart - type σ égal à 570 mrad, soit encore, exprimé en longueur
d’onde λdB/10 = 5 pm seulement (2π radians correspondent à λdB).

A. Bruit de phase dû aux vibrations des réseaux atomiques

Nous étudions dans ce paragraphe le cas particulier où le bruit de phase provient de la vibration
des trois réseaux atomiques. Ces vibrations interviennent dans l’expression de la phase φ0 utilisée
pour balayer les franges atomiques, qui est directement proportionnelle à p :

φ0 = 2p kL(x1−2x2 + x3) (4.22)

Nous commençons par analyser l’origine des fluctuations de la phase φ0, en explicitant trois
contributions à ces vibrations : la flexion du banc de l’interféromètre dans le plan (x,z), la rotation
du banc (effet Sagnac) et son accélération.

A cause de la vitesse finie de l’onde atomique, le paquet d’ondes atomiques traverse chaque
réseau à un instant différent . La courbure des trois miroirs C = x1− 2x2 + x3 ne se réduit donc
pas à sa courbure instantanée : c’est une fonction du temps t j ( j = 1−3) auquel le paquet d’ondes
traverse le réseau R j : C = x1(t1)−2x2(t2)+x3(t3) . En développant les positions x j(t j) en fonction
de T = L12/v jusqu’aux termes en T 2 (v désignant la vitesse de l’atome), il vient:

x1(t1) = x1(t2)− v1xT +
a1xT 2

2
(4.23)

x3(t3) = x3(t2)+ v3xT +
a3xT 2

2
(4.24)

où v jx et a jx représentent les composantes selon x des vitesses et accélérations du miroir (M j)
mesurées par rapport à un référentiel Galiléen. Trois termes apparaissent ainsi dans l’expression
de la phase φ0 proportionnelle à la quantité :

x1(t1)−2x2(t2)+ x3(t3) = (x1−2x2 + x3)(t2)+(v3x− v1x)T +(a1x +a3x)T 2/2 (4.25)
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Terme de flexion du banc Le premier terme du membre de droite de l’équation (4.25) cor-
respond à la flexion instantanée du banc de l’interféromètre calculée au temps t2, lorsque le paquet
d’ondes est au centre de l’appareil: f = (x1− 2x2 + x3)(t2). Le déphasage qui en résulte est de la
forme φ f = 2pkL f . La flexion du banc est mesurée à partir de l’interféromètre optique de Mach -
Zehnder qui est pratiquement insensible aux termes de rotation et d’accélération, bien que son aire
soit plus élevée. Les fluctuations autour de la quantité f se chiffrent à σ f = 3 nm rms.

Terme dû à la mise en rotation du banc - effet Sagnac La différence des vitesses v1x et v3x
des miroirs (M1) et (M3) provoque la mise en rotation des trois miroirs. La différence des vitesses
v1x et v3x des miroirs situés à l’extrémité du banc s’écrit v3x− v1x = 2ΩyL12, en désignant par Ωy
la composante selon l’axe y de la vitesse angulaire de rotation du banc de l’interféromètre. Le
déphasage qui en résulte correspond à l’effet Sagnac et s’écrit sous la forme φSagnac = 2mAΩy/h̄
où A est l’aire définie par les deux chemins atomiques de l’interféromètre (A = 2p×L2

12kL/k). La
phase de Sagnac est dispersive et dans notre appareil le déphasage moyen dû à cet effet vaut :

φSagnac,m = p × (
1,28×104 Ωy

)
(rad/s) (4.26)

en remplaçant le vecteur d’onde atomique k par mu/h̄, u = 1070 m/s désignant la vitesse moyenne
des atomes. La rotation de la Terre et les vibrations du montage contribuent à l’effet Sagnac :
• A Toulouse, lieu de latitude λ = 43◦, Ωy = Ωsin(λ) = 4,95 ×10−5 rad/s en supposant que la

rotation dominante provient de la rotation terrestre (Ω = 7,27×10−5 rad/s), et la phase de Sagnac
est de 0,635 ×p radians. Seules les fluctuations de cette phase peuvent entraîner une réduction de
la visibilité des franges atomiques. Ces fluctuations peuvent être dues au bruit sismique ambiant
qui peut mettre le banc en rotation, au caractère non Galiléen du référentiel terrestre, ou encore à la
non monochromaticité du jet atomique, un effet observé dans le groupe de M. Kasevich [54, 183].
Avec notre interféromètre, la perte de visibilité due à la dispersion en vitesse du jet atomique, via
l’effet Sagnac, est de la forme :

V = V0 exp
[
−φ2

Sagnac,m/4S2
‖
]

(4.27)

expression que nous démontrons à l’annexe D, S‖ désignant le rapport de vitesses parallèle. Au
troisième ordre de diffraction, φSagnac,m = 1,9 radians et pour S‖ = 8, nous obtenons une perte de
visibilité de seulement 1,4 %. Cet effet est complètement négligeable dans notre appareil.
• Les vibrations du montage ont été mesurées et la vitesse quadratique moyenne d’un point du

bâti est voisine de ∆v = 5×10−6 m/s. Cette mesure a été effectuée avec les pompes primaires en
marche, sans aucune autre activité dans la pièce directement sur le bâti et non pas sur le banc qui
supporte les trois miroirs ce qui peut sous estimer le bruit (s’il y a un effet de résonance de la
suspension du banc) ou le surestimer (si les principaux pics de bruit observés vers 8 Hz et 15 - 20
Hz étaient déjà au dessus des résonances de la suspension). En supposant que les vitesses des deux
bouts du banc sont faiblement corrélées, on en déduit la valeur quadratique moyenne de la vitesse
angulaire due aux vibrations :

∆Ωy =
√

2∆v/L = 5,2×10−6rad/s (4.28)

où L = 1,36 mètres désigne la longueur du banc. Nous en déduisons une valeur quadratique
moyenne de la phase Sagnac φSagnac,qm = 0,067× p rad, correspondant à une perte de visibilité :

V /V0 = exp
[−φ2

Sagnac,qm/2
]

(4.29)
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Nous calculons une réduction de 2 % de la visibilité au troisième ordre de diffraction, ce qui est
très faible, mais cette évaluation peut être optimiste à cause des raisons citées plus haut.

Terme d’accélération du banc Le dernier terme traduit la sensibilité de l’appareil aux accé-
lérations et le déphasage associé est de la forme φacc. = pkLax,mT 2 en posant ax,m = (a1x +a3x)/2.
Ce terme est plus difficile à évaluer. Des mesures réalisées par J.M. Fels en 2001 ont montré que les
accélérations typiques de notre banc sont de 1 à 2 millimètres par seconde carré, et correspondent
à des déphasages de seulement quelques milliradians.

Chacune des trois contributions est proportionnelle à l’ordre de diffraction et contribue de ma-
nière indépendante à la vibration de la position relative des trois miroirs. Cette vibration a pour
effet de distribuer la phase φ0 autour d’une valeur moyenne φ0,m caractérisée par une variance
σ2. Les contributions étant indépendantes, la valeur de σ est reliée aux variances de chacune des
contributions :

σ2 = (2pkL)
2
[

σ2
f +

(√
2σΩyL12T

)2
+

(
σaxT 2)2

]
=

(
2pkLσe f f

)2 (4.30)

en désignant par σ f , σΩy et σax, les écarts - type associés à la flexion du banc dans le plan horizon-
tal, à sa rotation et son accélération dues au caractère non Galiléen du référentiel terrestre.

Conséquences sur la visibilité des franges atomiques La distribution statistique de la phase
φ0 n’est pas facile à caractériser en raison de la difficulté de prendre en compte chacune des trois
contributions que nous venons de détailler, qui peuvent en outre présenter des distributions assez
différentes. Si comme précédemment (équation (4.20)), nous supposons la phase φ0 distribuée
selon une loi Gaussienne, nous obtenons une décroissance exponentielle de la visibilité des franges.
L’équation (4.22) permet d’expliciter cette décroissance en fonction de l’entier p en écrivant l’écart
- type σ sous la forme : σ = 2pkLσe f f , σe f f désignant l’écart - type associé aux fluctuations de la
quantité (x1− 2x2 + x3). Il en résulte une perte de visibilité des franges atomiques avec l’ordre p
de la diffraction de la forme :

V = V0 exp
(−γp2) (4.31)

où γ = 2k2
Lσ2

e f f . L’ajustement des points expérimentaux de la figure (4.14) selon la loi exponen-
tielle de l’équation (4.31) montre un bon accord théorie - expérience, soulignant ainsi le rôle non
négligeable de la vibration des trois réseaux sur la visibilité des franges obtenues à l’ordre p :

• La visibilité V0 est par définition celle qui serait obtenue en l’absence de toute vibration. Elle
vaut 85 ± 2 % dans l’équipe de S.A. Lee et atteint 98 ± 1 % dans notre cas ! On peut craindre
que ce calcul soit optimiste car il ne respecte pas tous les effets de perte de visibilité en fonction
de l’ordre, par exemple les effets d’émission spontanée que nous allons détailler dans le prochain
paragraphe. De plus, si nos mesures de visibilité à l’ordre 2 et 3 sont moins optimistes qu’au
premier ordre de diffraction, cette erreur fait croître la valeur de V0.

• Nous obtenons γ = 0,143±0,004 pour nos points de mesure et γ = 0,325 ± 0,037 pour ceux
de l’équipe de S.A. Lee. Ces valeurs correspondent à σe f f = 29 nm dans notre cas et σe f f = 41
nm dans l’expérience de S.A. Lee réalisée avec du néon métastable (λL = 640 nm). Dans notre
expérience, la flexion instantanée du banc de l’interféromètre est de 3 nm rms, ce qui souligne le
rôle non néligeable joué par la rotation et l’accélération du banc de l’interféromètre.
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Une remarque similaire peut être formulée pour l’expérience de S.A. Lee: bien qu’on ne connaisse
pas la valeur exacte de σ f , il est raisonnable de penser que le contrôle de la position relative des
réseaux s’effectue à mieux que 20 nm [163]. Nous pouvons donc estimer que σ f est petit devant
σe f f , ce qui traduit le rôle des effets inertiels.

Les valeurs obtenues pour σe f f , qui résultent de l’ajustement par une loi de Gauss, doivent être
manipulées avec précaution. On peut noter que les valeurs de vitesse et d’accélération du banc
proposées, sont trop faibles pour expliquer les valeurs prises par σe f f . Cette disparité souligne que
l’écart - type σe f f intègre en réalité plusieurs effets, parfois très différents, et ne saurait être limité
aux seules conséquences de la vibration des réseaux atomiques. Les paragraphes suivants (B, C, D
et E) ont précisément pour fonction de prendre en compte ces effets supplémentaires.

B. Influence de l’émission spontanée

Les processus incohérents consistant en l’absorption d’un photon suivie de son émission spon-
tanée peuvent ne pas être négligeables avec les densités de puissance laser utilisées au second et
troisième ordre. La probabilité d’émission spontanée est donnée par l’équation (3.40) :

PES = q Γ τ/δL (4.32)

Elle est en principe indépendante de l’ordre de diffraction p. Toutefois, la puissance laser dis-
ponible peut obliger à travailler avec des écarts à résonance d’autant plus faibles que l’ordre de
diffraction est élevé. Pour étudier la dépendance de PES avec l’ordre p, nous avons calculé pour
chaque ordre de diffraction les valeurs de q et τ utilisées pour construire l’interféromètre grâce aux
relations (3.44) et (3.45), en remarquant que dans le cas de l’émission spontanée la valeur de τ est
identique pour tous les ordres de diffraction. La table (4.3) indique la puissance laser, le waist et
l’écart à résonance utilisés pour chaque réseau et chaque ordre de diffraction et le tableau (4.4)
fournit les valeurs de q et de τ correspondantes pour chaque miroir à ondes stationnaires en distin-
guant les deux niveaux hyperfins de l’état fondamental.

TAB. 4.3 – Valeurs numériques utilisées pour la construction de l’interféromètre aux ordres 1,2 et
3. Les écarts à résonance sont donnés par rapport à la transition 2S1/2,F=1−2 P3/2.

Ordre p PM1(mW ) PM2(mW ) PM3(mW ) δL/(2π)(GHz) w0(mm)
1 40 70 40 2,8 4,8
2 180 200 80 3,1 1,8
3 80 140 80 1,1 2,9

TAB. 4.4 – Paramètres q et de τ utilisés pour construire l’interféromètre de Mach - Zehnder
aux ordres de diffraction 1,2 et 3. L’indice 1 (resp. 2) correspond au niveau hyperfin de l’état
fondamental F = 1 (resp. 2), l’écart entre les deux niveaux hyperfins étant de 0,8 GHz.

Ordre p τ q1(M1) q2(M1) q1(M2) q2(M2) q1(M3) q2(M3)
1 2,2 0,7 0,55 1,2 1,0 0,7 0,55
2 0,8 20,5 16,3 22,7 18,1 9,1 7,8
3 1,4 9,9 5,7 17,3 10,0 9,9 5,7



4.2. INTERFÉRENCES ATOMIQUES 105

La table (4.5) rassemble la probabilité d’émission spontanée correspondant aux valeurs de q
et de τ calculées. L’émission spontanée semble complètement négligeable au premier ordre de
diffraction, et pratiquement négligeable au second ordre, où des écarts à résonance de 3 GHz ont
été utilisés. Elle peut jouer un rôle important aux ordres de diffraction plus élevés. Dans sa thèse,
D. Giltner travaille avec des écarts à résonance qui deviennent très faibles aux ordres 2 et 3 (resp.
-700 et -500 MHz) et nous pensons que ce choix d’écart à résonance explique en partie la perte
de visibilité observée lorsque l’ordre p de la diffraction croît. Dans notre expérience, c’est surtout
à l’ordre p = 3 que l’émission spontanée intervient : davantage de puissance laser aurait permis
d’augmenter l’écart à résonance, diminuant ainsi la probabilité d’émission spontanée.

TAB. 4.5 – Taux d’émission spontanée PES (en %) en fonction de l’ordre de diffraction, pour le
niveau hyperfin F = 1 ou 2, noté entre parenthèses. Le calcul est effectué en utilisant l’équation
(4.32), les valeurs de q et de τ des tables (4.3) et (4.4), avec Γ/(2π) = 5,872 MHz [176].

Ordre p PES(M1,1) PES(M1,2) PES(M2,1) PES(M2,2) PES(M3,1) PES(M3,2)
1 0,32 0,20 0,55 0,36 0,32 0,20
2 3,29 2,26 3,65 2,50 1,46 1,07
3 7,33 2,42 12,93 4,28 7,33 2,42

C. Décohérence liée au processus de diffraction

La diffraction de l’onde atomique par une onde stationnaire laser introduit des déphasages liées
au potentiel de déplacement lumineux étudié au chapitre 3. Ces phases s’expriment en fonction de
q et de τ, et nous les avons explicitées dans le cas de la diffraction au premier ordre au chapitre 3.
Pour les ordres supérieurs, un traitement perturbatif n’est pas applicable, et une solution numérique
à l’équation de Mathieu doit être envisagée. Dans ce paragraphe, nous expliquons qualitativement
comment la décohérence peut se manifester par diffraction de l’onde atomique.

Ces phases de diffraction peuvent être importantes lorsque q et τ le sont ce qui est le cas aux
ordres de diffraction élevés. Un déphasage élevé ne provoque pas de perte de visibilité à condition
qu’il soit identique pour tous les atomes. Les phases de diffraction peuvent toutefois fluctuer en
fonction du temps (à cause des fluctuations d’intensité du laser), de l’espace (à cause du profil
d’intensité du faisceau laser) et de la vitesse de l’atome (à cause de τ), ce qui peut réduire la
visibilité des franges d’interférence.

D’autre part, nous pensons que ces valeurs élevées des paramètres q et τ donnent naissance
à des faisceaux parasites au second et au troisième ordre de diffraction. Nous avons présenté au
chapitre 3 des profils de diffraction de l’onde atomique. Sur ces profils, nous avons observé qu’une
partie des atomes était diffractée au premier ordre de diffraction, même lorsque l’angle de Bragg
a été ajusté pour une diffraction optimale au second ordre. Cette diffraction simultanée de l’onde
atomique incidente dans plusieurs ordres de diffraction crée des faisceaux parasites qui peuvent
expliquer une partie des pertes de visibilité observées lorsque l’ordre p de la diffraction augmente.

D. Gradients de champ magnétique et électrique

Un interféromètre atomique de Mach - Zehnder n’est pas sensible à l’application d’un faible
champ magnétique ou électrique homogène sur les deux chemins atomiques et seul l’application
de gradients de champ peut provoquer une perte de visibilité.
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Gradients de champ magnétique L’action d’un gradient de champ magnétique sur un inter-
féromètre atomique a été étudiée dans l’équipe de D. Pritchard à partir de l’atome de sodium
[184, 185] et une étude similaire apparaît dans la thèse de D. Giltner [69] qui utilise du néon mé-
tastable. L’atome de lithium étant un atome paramagnétique, nous pouvons envisager une étude de
ce type, et elle sera réalisée au chapitre 5. Nous nous contentons ici d’une étude qualitative.

Dans notre interféromètre, le champ magnétique terrestre n’est pas compensé et les pompes à
vide sont soutenues par une structure très rigide formée de rails en acier. Nous avons toutefois
minimisé l’emploi de matériaux magnétiques dans la chambre de l’interféromètre. A l’intérieur
de cette enceinte, les seuls éléments magnétiques sont de petits ressorts en acier utilisés dans les
points - trait - plan des trois miroirs. Ces gradients de champ magnétique peuvent altérer la visibilité
des franges obtenues au premier, au second et au troisième ordre de diffraction. En disposant une
petite bobine sous vide à 7,4 mm des chemins atomiques, nous avons exploré la zone autour du
gradient de champ magnétique nul. Nous avons ainsi compensé un gradient de champ magnétique
en un point par un gradient de signe opposé appliqué en un autre point, supprimant ainsi l’effet
des gradients de champs magnétiques résiduels pour un courant de l’ordre de 40 mA circulant
dans la bobine. Cette expérience montre qu’un champ magnétique inhomogène faible, mais non
nul, est présent dans l’interféromètre. Nous verrons au chapitre 5 que cet effet de compensation se
manifeste par une augmentation de la visibilité des franges atomiques. Nous avons ainsi observé
des franges d’interférence de visibilité 84,5 % au premier ordre de diffraction et des franges de
visibilité 54,0 % ont été obtenues au second ordre.

Gradients de champ électrique L’effet d’un gradient de champ électrique existe également et il
a récemment été utilisé pour compenser la dispersion de phase avec la vitesse atomique dans un in-
terféromètre atomique [186]. L’action d’un champ électrique sur l’un des bras de l’interféromètre
sera étudié en détail au chapitre 6. L’effet Lo Surdo - Stark est quadratique en champ électrique, et
dans un état 2S1/2, pratiquement indépendant des sous - niveaux (F,MF) consécutivement à l’ap-
plication du théorème de Wigner - Eckart. Le déphasage induit par un gradient de champ électrique
est identique pour tous les niveaux F,MF et ce déphasage ne jouera un rôle que s’il est important, à
cause de sa dispersion liée à sa dépendance avec la vitesse des atomes. Un large déphasage ne peut
apparaître que si le champ électrique et le gradient de champ électrique sont tous deux importants.
Les champs électriques parasites rencontrés dans les enceintes à vide sont généralement faibles,
inférieurs à 1 V/cm, et les gradients de champ électrique sont probablement négligeables dans
notre appareil, en particulier au voisinage du banc métallique supportant les miroirs de l’interféro-
mètre. Nous pensons que la décohérence due aux gradients de champ électrique est complètement
négligeable dans notre appareil.

E. Autres processus de décohérence

Nous pensons que la décohérence par collision est négligeable dans notre expérience. Cet effet
a été largement étudié dans les interféromètres de type Lau - Talbot [187, 188, 189] et pourrait
être observé si un atome de lithium pouvait être détecté avec une grande efficacité même après une
collision avec un atome de gas résiduel, ce qui n’est bien sûr pas le cas. Comme l’a fait remarquer
D. Pritchard, l’effet du gas résiduel est de créer un indice de réfraction proportionnel à sa densité,
les ondes atomiques transmises étant atténuées et déphasées [190, 89]. La fluctuation de ces phases
pourrait réduire la visibilité des franges, mais ce processus semble complètement négligeable aux
pressions de travail (4×10−7 millibar) et de toute façon, il est pratiquement indépendant de l’ordre
de diffraction.
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Le champ gravitationnel terrestre est également une source de décohérence si le plan de l’inter-
féromètre n’est pas horizontal, comme l’a fait remarquer T.D. Roberts dans sa thèse [109]. Dans
notre expérience, cet effet est complètement négligeable puisque le plan de l’interféromètre est
défini par la normale aux trois miroirs dont la verticalité a été réglée à quelques microradians près
au chapitre 1.

4.2.4 Interférences atomiques avec l’isotope 6Li

Un des avantages de la diffraction par laser est la possibilité de diffracter sélectivement les
atomes à partir d’un choix approprié de la fréquence du laser. Cette propriété permet d’envisager
l’observation de franges d’interférence atomique formés d’atomes de l’isotope bosonique 6Li du
lithium, présent dans le jet atomique sous l’abondance naturelle de 7,59 %. Les données relatives
à l’isotope (transitions atomiques, ωr, ...) sont rassemblées à l’annexe A.

Observation d’interférences atomiques avec l’isotope 6Li

Nous avons observé des franges d’interférence avec l’isotope bosonique minoritaire 6Li par
diffraction de l’onde atomique au premier ordre de diffraction. Ces franges atomiques, enregistrées
sur la sortie 1, sont représentées sur la partie gauche de la figure (4.15). Malgré la faible abondance
de cet isotope dans le jet atomique, la visibilité des franges atteint 55 % pour un flux moyen I0 de
4240 c/s et nous avons régulièrement obtenu plus de 50 % de visibilité. Ces franges d’interférence
ont été réalisées en décalant le laser de 4 GHz vers le rouge de la raie D1 de l’isotope 6Li, afin de
limiter au maximum la probabilité de diffraction des atomes 7Li, largement majoritaires dans le jet
atomique (92,41 %). La raie D1 de l’isotope 7Li est située à +14 GHz et la raie D2 est encore plus
éloignée (+24 GHz).
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FIG. 4.15 – Graphe de gauche : Franges d’interférence atomique de l’isotope de lithium 6, mi-
noritaire, par diffraction de l’onde atomique au premier ordre. La visibilité atteint 55 % et le flux
moyen est I0 = 4240 c/s. La sortie 1 (noir) est celle dont la visibilité est la plus élevée, l’opposition
de phase des deux sorties principales étant visibles sur le graphe de droite.
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L’intensité moyenne I0 observée est trop élevée pour être constituée des seuls atomes de l’iso-
tope 6. Nous pensons qu’une part non négligeable de ce signal est formée d’atomes de lithium 7
provenant des différents faisceaux parasites. En effet, la probabilité de diffraction des atomes 7Li
par l’une des trois ondes lasers stationnaires est faible mais elle n’est pas négligeable avec notre
choix d’écart à résonance de + 4 GHz. Ces faisceaux parasites de lithium 7 contribuent à l’intensité
moyenne I0 ce qui explique la valeur élevée obtenue pour cette intensité et en même temps que la
visibilité des franges atomiques de lithium 6 ait une valeur inférieure à celle observée avec l’iso-
tope 7Li au premier ordre de difffraction. Il est possible de purifier le jet atomique en défléchissant
les atomes de l’isotope 7 par laser, par exemple après la première fente de collimation, mais nous
n’avons pas testé cette hypothèse.

Quelques propriétés de l’interféromètre

Nous avons représenté sur la partie droite de la figure (4.15) les franges atomiques de lithium
6 enregistrées sur chacune des deux sorties de l’interféromètre. Comme pour l’isotope 7Li, l’ac-
quisition de la sortie 2 est réalisée juste après celle de la sortie 1, la calibration étant réalisée par
interférométrie optique. Nous vérifions ainsi l’opposition de phase des signaux issus des sorties 1
et 2. La visibilité des franges atomiques est plus élevée sur la sortie 1 (V = 51 %) que sur la sortie
2 (V = 23 %) et le flux de sortie est plus élevé sur la sortie 2 (I0 = 9930 c/s) que sur la sortie 1 (I0
= 3380 c/s). Les probabilités de diffraction par le premier et le troisième réseau étant voisines, les
atomes de lithium 7Li non diffractés par le premier réseau ne le seront probablement pas davantage
par le troisième réseau de sorte que des deux sorties, la plus polluée par les atomes de lithium
7Li est vraisemblablement la seconde. Le bruit de phase est calculé à partir de la courbe de résidu
d’écart - type 259 c/s, représentée au bas de la figure (4.15). La phase minimale mesurable est φmin
= 111 mrad et correspond à σφ voisin de 35 mrad/

√
Hz.

4.3 Optimisation de la sensibilité en phase de l’interféromètre

Lorsqu’on applique une perturbation à l’un des bras de l’interféromètre, les franges atomiques
sont déphasées d’une quantité φ. Lors de la mesure de ce déphasage, le rapport signal sur bruit
est déterminé par la sensibilité en phase de l’appareil et s’écrit sous la forme rencontrée dans le
chapitre d’introduction :

S/B = V
√

I0 φ (4.33)

lorsque le bruit de comptage B est Poissonien (B =
√

I0). C’est de cette relation que découle l’in-
térêt de la grandeur M = I0V 2 généralement appelée facteur de mérite de l’interféromètre. Dans
ce paragraphe, nous allons trouver le jeu de paramètres expérimentaux pour lequel la sensibilité
en phase de l’interféromètre est maximale. Nous traiterons successivement l’influence des para-
mètres ou imperfections suivants : défauts d’orientation des miroirs à ondes stationnaires, inégalité
des distances L12 et L23, largeur des fentes de collimation et de détection, pression du gaz porteur
argon dans le jet supersonique d’atomes de lithium. Certains paramètres agissent simultanément
sur la visibilité et l’intensité moyenne I0, d’autres ne modifient que l’une de ces deux quantités.
Pour chaque expérience décrite, les autres paramètres seront supposés optimisés et fixés, chacun
des paramètres étant indépendant de tous les autres.
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4.3.1 Sensibilité à l’orientation des miroirs à ondes stationnaires

Nous analysons succesivement l’effet d’une rotation de l’un des miroirs à ondes stationnaires
autour de l’axe vertical y, puis de l’axe z du jet atomique.

Rotation des miroirs autour de l’axe vertical y

Une rotation de l’un des miroirs autour de l’axe y modifie l’angle d’incidence de l’onde ato-
mique sur l’onde laser stationnaire. Lorsque l’angle d’incidence ΘY diffère de l’angle de Bragg
associé à la vitesse la plus probable, la diffraction s’effectue avec une amplitude plus faible car une
classe de vitesses différente de la plus probable est sélectionnée par la diffraction dans le régime
de Bragg. Ainsi, la rotation de l’un des miroirs autour de l’axe y a pour effet de modifier l’ampli-
tude des ondes atomiques Ψh et Ψb qui interfèrent sur le détecteur en empruntant respectivement
le chemin atomique du haut et celui du bas. Le signal de sortie est alors d’intensité plus faible et
la visibilité des franges est réduite. D’après la relation (4.6), la visibilité s’exprime en fonction de
l’amplitude |ah| et |ab| de ces ondes sous la forme

V =
2|ab||ah|
|ah|2 + |ab|2

=
2
√ρ

1+ρ
(4.34)

où ρ = a2
h/a2

b représente le rapport des intensités portées par les deux faisceaux qui interfèrent.
La visibilité V est une fonction symétrique des amplitudes |ah| et |ab| et sa valeur est identique si
le rapport ρ est remplacé par son inverse. Sur la figure (4.16), nous avons représenté la visibilité
des franges en fonction du logarithme de ρ pour souligner la symétrie qui apparaît lorsque ρ est
remplacé par 1/ρ. La visibilité décroît lorsque ρ s’écarte de 1, mais nous voyons que cette décrois-
sance est assez lente : lorsque les intensités |ah|2 et |ab|2 diffèrent d’un facteur 4 (ρ = 0,25 ou 4),
la visibilité des franges reste élevée et égale à 80 %.
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FIG. 4.16 – Visibilité des franges atomiques en fonction du rapport des intensités ρ = |ah|2/|ab|2
des ondes qui interfèrent. Le choix d’une échelle logarithmique permet de souligner la symétrie
lorsqu’on remplace ρ par son inverse.
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En écartant successivement chacun des miroirs de la condition de Bragg, nous avons constaté
expérimentalement une réduction de la visibilité des franges et du flux de sortie. Il est toutefois
délicat d’associer à ces observations une valeur exacte pour le rapport ρ et nous nous sommes
concentré sur l’optimisation du flux en sortie de l’appareil et de la visibilité des franges atomiques,
en sélectionnant la classe de vitesse la plus probable par diffraction de l’onde atomique sur chacun
des miroirs à ondes stationnaires. Cette opération est réalisée en utilisant les profils de l’intensité
non diffractée présentés au chapitre 3 qui font apparaître la classe de vitesse la plus probable
au premier et au second ordre de diffraction. Ainsi, les amplitudes de diffraction associées au
premier et au troisième réseau sont pratiquement identiques et la géométrie de l’interféromètre de
Mach - Zehnder est préservée. La figure (4.16) montre que de toute façon un faible écart entre ces
amplitudes ne provoquera pas de perte de visibilité notable.

Rotation des miroirs autour de l’axe z du jet atomique

La rotation de l’un des réseaux dans son plan (x,y) modifie la direction du vecteur kR j associé.
D’après le modèle en ondes planes développé au paragraphe (4.1.1), les deux ondes qui interfèrent
sur le détecteur présentent des vecteurs d’onde qui diffèrent de la quantité :

δk = p (kR1−2kR2 +kR3) (4.35)

L’intensité du signal en sortie de l’interféromètre résulte de l’intégration de l’intensité locale sur
la surface de la fente de détection (FD) et sur les différents points sources de la première fente de
collimation (F0) supposée incohérente. Les hauteurs utiles h0 et hD de ces fentes ont été calculées
au chapitre 1, en assimilant les trajectoires atomiques à des lignes droites allant de l’écorceur
jusqu’au trou de diamètre 3 mm. Nous avons obtenu h0 = 1,8 mm et hD = 2,9 mm. On peut
estimer la perte de visibilité en assimilant le profil d’intensité du jet à un profil plat, rectangulaire,
s’étendant sur la région de l’espace définie par−hD/2 < y < hD/2. Dans ce cas, la visibilité s’écrit
sous la forme suivante

V = V0| sinc(δky hD/2)| (4.36)

V0 désignant la visibilité des franges obtenue pour δk = 0, δky représentant la composante du
vecteur δk selon l’axe y et sinc(x) étant une notation simplifiée pour la fonction sin(x)/x.

La présence d’une fonction sinus cardinal résulte du choix d’un profil d’intensité plat, rectangu-
laire et de largeur hD et le calcul effectué pour obtenir l’expression (4.36) est analogue à celui mené
avec des ondes lumineuses lorsque l’on étudie la perte de visibilité associée à la largeur de la fente
source dans un dispositif de type fentes d’Young. L’expression (4.36) montre que plus la fente de
détection est haute, plus la visibilité des franges est sensible à l’angle relatif entre les réseaux. La
visibilité ne dépend que des caractéristiques géométriques de l’interféromètre. En particulier, elle
ne dépend pas de la longueur d’onde atomique.

Aspect expérimental Nous avons modifié l’orientation du miroir (M2) autour de l’axe z en ap-
pliquant une tension sur la cale piézoélectrique correspondante. Nous avons converti la tension
appliquée sur la cale en angle de rotation en utilisant la calibration externe présentée au chapitre 3
et en négligeant l’hystérésis de la cale piézoélectrique. La figure (4.17) présente nos mesures de la
visibilité des franges atomiques en fonction de l’angle de rotation Θz(M2) du miroir autour de l’axe
z. La visibilité des franges décroît fortement avec l’angle Θz(M2), et c’est la raison pour laquelle
nous effectuons toujours ce réglage en premier afin de rendre les franges atomiques beaucoup plus
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FIG. 4.17 – Visibilité des franges atomiques en fonction de l’angle Θz(M2) mesurant la rotation
autour de l’axe z du miroir (M2) aux ordres de diffraction p = 1 (en haut) et p = 2 (en bas).

visibles. L’accord avec l’équation (4.36) est excellent dans la zone centrale, où la visibilité décroît
deux fois plus vite au second ordre de diffraction qu’au premier ordre. Toutefois, la visibilité ne
s’annule pas pour les angles prédits par l’équation (4.36). Nous pensons qu’il s’agit d’une sorte
d’effet d’apodisation, phénomène bien connu en optique traditionnelle : les annulations prévues
disparaissent lorsqu’un profil lisse en intensité remplace le profil rectangulaire utilisé pour établir
l’équation (4.36).

4.3.2 Influence d’une inégalité de distance entre réseaux consécutifs

Lorsque les distances L12 et L23 entre réseaux successifs sont différentes, la symétrie de l’in-
terféromètre de Mach - Zehnder est brisée et la visibilité des franges d’interférence est réduite. La
figure (4.18) schématise l’effet d’un déséquilibre de l’appareil ∆L = L23−L12 dans le cas où l’onde
atomique est une onde plane. Les deux ondes qui interfèrent sur la sortie 1 de l’interféromètre pré-
sentent une différence de marche qui provoque une translation globale de l’interférogramme sans
toutefois modifier la visibilité des franges atomiques.
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FIG. 4.18 – Illustration de l’effet du déséquilibre ∆L = L23−L12 entre les distances L12 et L23
séparant les réseaux dans le cas d’une onde plane. Les deux faisceaux atomiques se recouvrent
partiellement sur la sortie 1 et présentent une différence de marche.

A cause de la diffraction par les fentes de collimation, le modèle en ondes planes n’est pas
réaliste. La propagation d’une onde atomique dans un interféromètre de Mach - Zehnder possédant
des fentes diffractantes peut être décrite à partir de la théorie de la diffraction de Fresnel - Kirchoff
[1]. Dans ce modèle, par analogie avec l’optique traditionnelle, la fente source (F0) est considérée
comme une source incohérente. Cette hypothèse a été formulée pour la première fois par Q.A.
Turchette dans le cas d’ondes atomiques pour modéliser numériquement l’interféromètre de Mach
- Zehnder construit dans l’équipe de D. Pritchard [180]. Dans notre équipe, des calculs analytiques
et numériques ont été menés par C. Champenois au cours de sa thèse [110] et publiés en 1999 dans
l’article [181]. Je ne reprendrai ici que les points essentiels de son raisonnement. Dans ce modèle,
deux ondes émises au point source X0 de la fente source et détectées à la position X4 de la fente de
détection sont déphasées d’une quantité φ(X0,X4), proportionnelle à ∆L, de la forme :

φ(X0,X4) =
2pπ

a
∆L [b ΘD + (X0−X4)/L04] (4.37)

où 2b = (L12 +L23)/L04 - 1. Cette équation est vérifiée lorsque l’on peut négliger la diffraction par
la fente de collimation (F1) de largeur e1 = 14 µm pour les expériences menées dans ce paragraphe.
Le signal de sortie de l’interféromètre résulte de l’intégration du carré de l’amplitude diffractée
sur la surface du détecteur et sur les différents points sources de la fente (F0). Par intégration, le
premier terme de l’équation (4.37) modifie la phase de l’interférogramme et ce déphasage peut
être compensée en changeant la position du troisième réseau. Le deuxième terme de l’équation
(4.37), proportionnel à (X0−X4), ne peut être compensé qu’en moyenne et il modifie la visibilité
V0 obtenue pour ∆L = 0. Cette modification dépend de la largeur e0 de la fente source (F0), de la
largeur eD de la fente de détection (FD), de l’ordre p de la diffraction et de la période a des réseaux :

V = V0 | sinc(pπ
e0

a
∆L
L04

) sinc(pπ
eD

a
∆L
L04

) | (4.38)

de sorte que l’influence du déséquilibre croît avec l’ordre de diffraction et la largeur des fentes.
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Nous avons étudié expérimentalement l’influence d’un déséquilibre entre les réseaux sur la
visibilité des franges atomiques obtenues au premier et second ordre de diffraction. Nous faisons
varier le déséquilibre ∆L entre deux réseaux successifs en déplaçant le dernier miroir rencontré par
le faisceau laser avant de pénétrer dans l’enceinte à vide pour construire la première onde laser
stationnaire par réflexion sur le miroir (M1). Le déplacement de ce dernier miroir est effectué à
partir d’une translation Micro-contrôle de manière à conserver la direction du faisceau laser. Pour
différentes positions z de la platine de translation, nous avons enregistré les signaux d’interférence
obtenus et mesuré leur visibilité V . La figure (4.19) montre l’effet d’un déséquilibre sur les franges
d’interférence obtenues au premier ordre de diffraction : les franges atomiques sont déphasées et
leur visibilité est réduite de deux tiers lorsque ∆L varie de 1 à 14 mm, l’intensité moyenne I0 n’étant
pratiquement pas modifiée.
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FIG. 4.19 – Effet du déséquilibre ∆L sur les franges d’interférence atomique au premier ordre de
diffraction : les franges sont déphasées et la visibilité est réduite. La courbe noire correspond à ∆L
= 1 mm et V = 70 %, la courbe grise correspondant à ∆L = 14 mm et V = 24 %.

Nos mesures de visibilité et leur ajustement par la loi théorique sont représentées sur la figure
(4.20). Nous n’avons pas pu explorer une plage plus importante de valeurs du déséquilibre ∆L à
cause du diamètre limité du hublot d’entrée du faisceau laser dans l’enceinte à vide. L’ajustement
de la visibilité mesurée par la loi théorique proposée à l’équation (4.38) est réalisé en remplaçant
∆L par z− zc où la position zc est celle qui annule le déséquilibre ∆L. Les paramètres du fit sont
la visibilité maximale V0(p) et la position zc correspondant à l’annulation du déséquilibre. Nous
obtenons V0(1) = 70,5%, V0(2) = 40% et zc = 3,5 mm. Nous avons vérifié que la valeur de zc
déduite du fit correspond, avec une incertitude de ±0,5 mm, à l’égalité des distances L12 et L23.

L’accord avec la loi théorique proposée à l’équation (4.38) est très satisfaisant, on voit d’ailleurs
très clairement que l’influence d’un déséquilibre est d’autant plus grande que l’ordre de diffraction
est élevé. Dans les conditions de l’expérience, le pas a du réseau vaut 335,5 nm et la distance L04
vaut 2,52 mètres. Les largeurs des différentes fentes sont e0 = 20µm pour la fente (F0) et eD =
45 µm pour p = 2. Pour l’expérience menée au premier ordre de diffraction, la valeur de eD n’a
pas été relevée. Nous estimons qu’une valeur comprise entre 40 et 50 µm est très vraisemblable
car la plupart des expériences de cette thèse a été réalisée avec cette largeur de fente, pour des
raisons qui seront explicitées au prochain paragraphe. A partir de ces paramètres expérimentaux,
nous pouvons évaluer le déséquilibre nécessaire à la première annulation de la visibilité.
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FIG. 4.20 – Visibilité des franges atomiques en fonction du déséquilibre entre les distances sépa-
rant deux réseaux consécutifs ∆L = L23−L12 = z− zc au premier (triangles) et second (carrés)
ordre de diffraction. Les points sont expérimentaux et la courbe est notre meilleur fit réalisé à
partir de la formule approximative donnée par l’équation (4.38).

D’après l’équation (4.38), un brouillage total des franges se produit pour ∆L = aL04/(peD). Au
premier ordre de diffraction, un déséquilibre de 20,0 mm est obtenu pour une largeur de fente eD
égale à 43 µm, compatible avec nos estimations, et au second ordre de diffraction, nous obtenons
∆L = 9,4 mm pour eD = 45 µm, un résultat en très bon accord avec nos observations expérimentales.

4.3.3 Sensibilité en phase et largeur des fentes

Nous avons étudié l’influence de la largeur de la fente de détection (FD) et de la deuxième
fente de collimation (F1) sur la sensibilité en phase de l’interféromètre. Ces fentes sont ajustables
sous vide à l’aide de cales piézoélectriques et leur ouverture s’effectue de manière symétrique.
Pour différentes largeurs de fentes, nous avons mesuré l’intensité moyenne I0 et la visibilité V
des franges, deux quantités représentées sur la figure (4.21), sur la partie gauche pour la fente de
détection et sur la partie droite pour la deuxième fente de collimation.

Sensibilité en phase et largeur de la fente de détection Supposons que la fente de détection
soit correctement centrée sur la sortie 1. Lorsque la fente de détection est pratiquement fermée,
l’intensité du signal est de la forme I1 = I0,1[1 + V1 cos(φ0)]. Pour une largeur de fente plus im-
portante, le faisceau de la sortie 2 est en général le faisceau parasite dominant et son intensité est
I2 = I0,2[1−V2 cos(φ0)]. L’intensité totale détectée sur la sortie 1 s’écrit alors :

Itot = (I0,1 + I0,2)[1+(V1
I0,1

I0,1 + I0,2
−V2

I0,2

I0,1 + I0,2
) cos(φ0)] (4.39)

de sorte que la visibilité Vtot du signal total détecté sur la sortie 1 est inférieure à V1 :

Vtot = V1
I0,1

I0,1 + I0,2
−V2

I0,2

I0,1 + I0,2
(4.40)
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En fermant la fente de détection, nous pouvons parvenir à I0,2 = I0,1/10, et si l’on utilise les
valeurs de visibilité mesurées au paragraphe (4.2.1) (V1 = 68 %, V2 = 56 %), nous obtenons une
visibilité totale voisine de 57 % sur la sortie 1, correspondant à une réduction de 16 % de la
visibilité V1. Cet effet, caractéristique des interféromètres à atomes chauds utilisant la diffraction
élastique, permet de comprendre l’allure de la figure (4.21) - partie gauche.

Dans un premier temps, l’intensité moyenne I0 croît avec eD jusqu’à eD ' 40 µm (droite en
pointillés), et la visibilité reste globalement constante du moins tant que eD est inférieur à 60 µm :
le signal collecté provient seulement de la sortie 1. Pour les valeurs de eD plus importantes, nous
collectons le signal de la sortie 1 et une partie du signal de la sortie 2. L’intensité moyenne I0
croît alors avec une pente réduite d’un facteur voisin de 2, ce qui est en bon accord avec le fait
que l’ouverture de la fente s’effectue de manière symétrique (un seul côté de la fente permet de
collecter le signal provenant de la sortie 2). Dans le même temps, la visibilité des franges décroît
assez rapidement en bon accord avec l’opposition de phase des signaux des sorties 1 et 2. Le
maximum de sensibilité en phase est obtenu lorsque ItotV 2

tot est maximal et la figure (4.21) montre
que ce point de fonctionnement correspond à eD = 60 µm. La position de ce maximum peut varier
légèrement autour de cette valeur en fonction de la largeur des autres fentes, en particulier la fente
de collimation (F1).
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FIG. 4.21 – Visibilité V des franges atomiques exprimée en % (points) et intensité moyenne I0
en 103 coups/s (carrés) en fonction de la largeur eD de la fente de détection (figure de gauche)
ou de la largeur e1 de la deuxième fente de collimation (figure de droite). Les largeurs des fentes
sont exprimées en micromètres, e1 = 12 µm dans l’expérience de gauche et eD = 43 µm dans
l’expérience de droite. Les lignes ne sont là que pour guider les yeux.

Sensibilité en phase et largeur de la fente de collimation L’ouverture de la fente de collimation
est un peu plus délicate à analyser car cette fente est située en amont de l’interféromètre, c’est à
dire avant diffraction dans le régime de Bragg. La diffraction de Bragg étant très sélective en angle,
les atomes qui pénètrent dans l’interféromètre lorsque la fente de collimation est grande ouverte
ont une très faible probabilité d’être diffractés. La plupart d’entre eux contribuent à augmenter
l’intensité du faisceau direct, un faisceau parasite formé des atomes diffractés à trois reprises à



116 CHAPITRE 4. INTERFÉRENCES ATOMIQUES

l’ordre zéro. Cette remarque permet d’expliquer l’allure de la figure (4.21) - partie droite. Tant que
e1 < 25 µm, l’intensité moyenne I0 croît avec e1 sans trop modifier la visibilité des franges. Pour
35 < e1 < 70 µm, l’intensité I0 croît plus rapidement, consécutivement à l’élargissement des ailes
du faisceau direct. Ce faisceau parasite ne transportant aucun effet d’interférence, la visibilité des
franges atomiques décroît alors que le produit I0V reste pratiquement constant. Enfin, lorsque e1
> 70 µm, l’intensité I0 sature car le faisceau direct recouvre totalement la fente de détection et la
visibilité des franges reste constante. Le maximum de sensibilité en phase est donc obtenu pour e1
= 25 µm, lorsque la fente de détection est de largeur eD = 43 µm.

4.3.4 Influence de la pression du gaz porteur argon
L’influence de ce paramètre est une spécificité de notre source atomique et non une caractéris-

tique propre à l’interféromètre, comme le sont les paramètres précédents. Nous avons enregistré
l’intensité moyenne I0 du jet atomique et la visibilité des franges pour différentes pressions du gaz
porteur argon. La figure (4.22) présente le résultat de cette expérience réalisée à partir des largeurs
de fentes suivantes : e1 = 12 µm et eD = 40µm.
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FIG. 4.22 – Flux moyen I0 en sortie de l’interféromètre et facteur de mérite I0V 2 pour différentes
pressions d’argon. La meilleure sensibilité en phase est obtenue pour la pression d’argon la plus
faible. En pratique une pression de 125 Torr semble la plus appropriée.

La visibilité des franges atomiques est pratiquement indépendante de la pression d’argon, pas-
sant de 67 ± 1 % pour PAr = 125 Torr à 65 ± 1 % pour PAr = 450 Torr et n’a pas été représentée
sur la figure. En revanche, l’intensité moyenne I0 croît de 11500 c/s à 42500 c/s lorsque la pression
d’argon décroît de 450 à 125 Torr. Nous avions déjà constaté un comportement similaire au cha-
pitre 2 en enregistrant l’intensité du signal de fluorescence. Nous estimons que cette augmentation
traduit une interaction du jet atomique avec le gas résiduel environnant, probablement au voisinage
de l’écorceur. La meilleure sensibilité en phase de l’appareil est obtenue pour une pression d’argon
de 125 Torr. Avec notre choix de largeur de fentes, cette pression correspond à un facteur de mérite
égal à 19000 s−1. Le choix d’une pression d’argon plus faible serait risqué, les risques d’obturation
du four de lithium étant plus élevés, et par ailleurs la dispersion de vitesse du jet augmente lorsque
la pression d’argon diminue, ce qui n’est pas favorable pour des mesures de précision où les phases
à mesurer sont des fonctions de la vitesse atomique.
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4.4 Conclusions
Au premier ordre de diffraction, la grande visibilité des franges atomiques observées, combinée

à un flux de sortie important, place notre interféromètre à bras séparés, utilisant des atomes chauds,
parmi les plus sensibles existants à l’heure actuelle. La grande visibilité des franges atomiques si-
gnifie que la cohérence de l’onde atomique est pratiquement totalement préservée dans la chambre
de l’interféromètre, malgré la distance importante (près de 2 millions de fois la longueur d’onde
de De Broglie !) séparant les deux chemins atomiques à hauteur de la deuxième onde stationnaire
laser.

En agissant sur l’écart à résonance et la densité de puissance laser, nous avons fait fonctionner
l’interféromètre par diffraction de l’onde atomique aux ordres p = 2 et p = 3 et avant nous, seule
l’équipe de S.A. Lee avait effectué cette expérience. La visibilité des franges observée est meilleure
que celle obtenue dans l’équipe de S.A. Lee [69], d’environ 20 % pour chaque ordre de diffraction.
Dans notre expérience, comme dans celle de S.A. Lee, la visibilité des franges décroît lorsque
l’ordre de diffraction augmente. Plusieurs effets peuvent expliquer la décroissance observée, no-
tamment l’existence d’un bruit de phase dû aux fluctuations de la position des trois miroirs. Un
des avantages de notre montage est la possibilité de diffracter sélectivement les atomes de chaque
isotope de l’atome de lithium, ce qui permet des expériences d’une grande variété. Avec les atomes
de l’isotope 6Li, dont l’abondance n’est que de 7,59 % dans notre jet atomique, la visibilité des
franges atomiques atteint 55 % pour p = 1, valeur probablement limitée par des signaux parasites
de lithium 7.

Enfin, nous avons montré comment optimiser la sensibilité en phase de l’interféromètre en
analysant différents facteurs qui limitent la visibilité et/ou le flux de sortie des franges atomiques :
défauts d’alignement des miroirs autour de l’axe z, inégalité des distances existant entre réseaux
successifs, sensibilité à la largeur des fentes, notamment la fente de détection. Cette étude sera très
utile pour optimiser la sensibilité en phase lors de la mesure de polarisabilité, au chapitre 6.

La table (4.6) rassemble les valeurs de flux et de visibilité obtenues en utilisant des interféro-
mètres à bras séparés, par diffraction d’atomes aux énergies thermiques. Pour chaque équipe, la
table (4.6) précise le flux moyen I0, la visibilité V des franges atomiques, et le facteur de mérite
I0V 2, liée à la sensibilité en phase lorsque le bruit de comptage est Poissonien.

TAB. 4.6 – Flux I0, visibilité V et facteur de mérite M = I0V 2 dans des interféromètres à bras
séparés pour des atomes aux énergies thermiques. La diffraction s’effectue de manière élastique
sauf dans l’équipe de M. Kasevich (gyroscope à diffraction Raman, [76]).

Equipe A. Zeilinger S.A. Lee D. Pritchard J.P. Toennies M. Kasevich Toulouse
Elément Ar∗ Ne∗ Na He Cs Li
I0(c/s) 14 000 1 500 200 000 1 000 1011 100 000
V (%) 10 62 17 71 33 62

M = I0V 2 140 576 5 780 504 1010 38 400
Référence [52] [69] [77] [30] [76] [78]
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Parmi les interféromètres utilisant la diffraction élastique, seul l’interféromètre de D. Pritchard
a été utilisé pour effectuer des mesures de précision (polarisabilité du sodium, mesure d’indices,
effets inertiels) [77, 89, 190]. Grâce à l’étude systématique réalisée au paragraphe (4.3), l’inter-
féromètre de Toulouse possède une sensibilité en phase remarquable, avec I0V 2 = 38440 s−1,
correspondant à des franges d’interférence de visibilité V = 62 % et de flux moyen I0 égal à 100
000 coups/s. Cette valeur de I0V 2 est celle que nous utiliserons au chapitre 6 pour mesurer la
polarisabilité électrique du lithium.

Par diffraction inélastique, comme dans l’équipe de M. Kasevich [76], la sensibilité en phase
atteint des valeurs plus élevées, essentiellement car il n’est pas nécessaire de collimater le jet
atomique, comme nous l’avons souligné dans le chapitre d’introduction.

Enfin, l’utilisation d’atomes froids permet d’atteindre des sensibilités en phase très intéres-
santes. Combinée à l’utilisation de la diffraction inélastique, les sensibilités en phase ainsi atteintes
sont tout à fait remarquables. Un gyroscope à atomes de césium refroidis est en cours d’optimi-
sation au BNM - Syrte dans le groupe de A. Landragin. Les premiers résultats obtenus sont très
encourageants [191]: le rapport signal sur bruit est actuellement de 280, et ces résultats prélimi-
naires laissent espérer des possibilités d’amélioration importantes. Pour un temps d’interaction
de 90 ms et un rapport signal sur bruit de 1 000, l’appareil délivrerait une sensibilité en phase
remarquable de 30 nrad/s !



Chapitre 5

Interactions avec un champ magnétique

Comme premier exemple d’utilisation de l’interféromètre, nous avons mesuré la visibilité et le
déphasage des franges atomiques en présence d’un champ magnétique.

L’influence d’un champ magnétique sur un interféromètre atomique à bras séparés a été étudiée
dans l’équipe de D. Pritchard en utilisant l’atome de sodium [190] et dans l’équipe de S.A. Lee en
utilisant des atomes de néon métastable (un paragraphe traitant de ce sujet figure dans la thèse de
D. Giltner [163]). L’application d’un champ magnétique sur l’interféromètre induit par effet Zee-
man linéaire une levée de dégénerescence des sous - niveaux hyperfins. L’écart en énergie entre ces
sous - niveaux peut ainsi être mesuré mais l’apport de l’interférométrie atomique dans ce domaine
reste limité : cette quantité peut être mesurée de manière très précise par résonance magnétique.
Comme on va le voir, les signaux ne sont pas directement sensibles à l’effet Zeeman mais seule-
ment à la différence d’effet Zeeman entre les deux chemins atomiques : il faut donc appliquer un
gradient de champ magnétique sur l’interféromètre et il n’est pas facile de connaître très précisé-
ment ce gradient de champ. En conséquence, ce chapitre doit être considéré comme un exemple
d’utilisation de l’interféromètre en présence d’une perturbation et ces premières expériences nous
ont permis de tester le bon fonctionnement de l’appareil. Nous utiliserons l’interféromètre comme
instrument de mesure au chapitre 6 en mesurant la polarisabilité électrique de l’atome de lithium.

Ce chapitre est également l’occasion de mieux comprendre le fonctionnement de l’appareil en
étudiant sa sensibilité aux gradients de champ magnétique. A priori, et malgré nos efforts, de faibles
gradients de champ magnétique sont présents dans notre interféromètre, par exemple à cause de
petits objets ferromagnétiques utilisés malencontreusement lors de la construction de l’appareil,
et nous ignorons leur importance et leur effet sur les signaux d’interférence atomique. En appli-
quant un gradient de champ magnétique contrôlé par l’expérimentateur, nous pourrons analyser
la réponse de l’appareil à ce type de perturbation, en mesurant la modification de la visibilité des
franges et le déphasage induit. Nous pouvons ainsi compenser le gradient de champ magnétique
existant sur l’ensemble de l’interféromètre en appliquant un gradient de champ magnétique de
signe opposé et c’est ainsi que nous avons obtenu la visibilité des franges d’interférence la plus
élevée (V = 84,5 %).

Le chapitre s’organise comme suit : après avoir étudié l’effet Zeeman sur l’état fondamental
de l’atome de lithium, nous nous intéressons à la figure d’interférence obtenue en présence d’un
gradient de champ magnétique, une troisième partie permettant d’observer expérimentalement les
comportements prévus. Nous allons voir qu’il est parfois nécessaire de développer l’effet Zeeman
jusqu’au terme quadratique en champ, notamment pour l’isotope bosonique 6Li de l’atome de
lithium, dont la structure hyperfine de l’état fondamental ne s’étend que sur 228 MHz.
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5.1 Effet Zeeman de l’état fondamental du lithium

5.1.1 Introduction
Comme tous les alcalins, l’atome de lithium est paramagnétique et le moment magnétique as-

socié à l’état fondamental 2S1/2 est :

µS = gS (
µB

h̄
)S (5.1)

µB = eh̄/(2me) désigne le magnéton de Bohr (me est la masse de l’électron et µB/h̄ = 8,79×1010

s−1/T ). Le spin nucléaire vaut I = 3/2 pour le fermion 7Li d’abondance naturelle 92,41 % et I =
1 pour le boson 6Li d’abondance naturelle 7,59 % et le moment magnétique associé µI au spin
nucléaire I vaut :

µI = gI (
µn

h̄
) I (5.2)

où µn = eh̄/(2mp) désigne le magnéton de Bohr nucléaire (mp est la masse du proton) et gI ≈+3,26
pour 7Li, gI ≈+0,82 pour 6Li .

L’interaction atome - champ magnétique, traitée à l’approximation dipolaire magnétique, per-
met d’écrire le Hamiltonien d’interaction de l’atome avec le champ sous la forme:

H = a I ·S − gSµB S ·B − gIµn I ·B (5.3)

où B désigne le champ magnétique. Le premier terme de l’hamiltonien représente l’interaction
hyperfine, les second et troisième termes de l’équation (5.3) traduisent l’énergie d’interaction des
spins électronique et nucléaire avec le champ magnétique B. Comme le rapport me/mp ' 1/1836,
µn est très petit devant µB de sorte que le magnétisme nucléaire pourra être négligé devant le
magnétisme électronique au niveau de précision nécessaire dans notre cas. De plus, nous prendrons
gS = 2, négligeant des corrections de l’ordre de 10−3. Avec ces approximations, l’interaction atome
- champ magnétique est décrite par le Hamiltonien suivant :

H = a I ·S − gSµB S ·B (5.4)

5.1.2 Déplacement en énergie d’un niveau hyperfin (F,MF)
En champ magnétique nul, les deux niveaux hyperfins de l’état fondamental 2S1/2, de moment

cinétique total F = I±1/2, sont distants de ∆EHFS = a(I +1/2) avec ∆EHFS/h = 803,5 MHz pour
le fermion 7Li et ∆EHFS/h = 228,2 MHz pour le boson 6Li.

Cas d’un champ magnétique faible Lorsque le champ magnétique est faible, le premier terme
de l’équation (5.3) est le plus important et le moment cinétique total F est un bon nombre quan-
tique, dont les valeurs propres sont F = I± 1/2 . Les énergies des niveaux sont bien décrites en
traitant le terme Zeeman en perturbation et on trouve:

U(F,MF) =
a
2

(F(F +1)− I(I +1)−S(S +1))−gFMFµBB (5.5)

avec pour facteur de Landé gF =
F(F +1) + S(S +1) − I(I +1)

F(F +1)
(5.6)



5.1. EFFET ZEEMAN DE L’ÉTAT FONDAMENTAL DU LITHIUM 121

La table (5.1) rassemble les valeurs du facteur de Landé gF pour le niveau hyperfin F = I ± 1/2
de l’état fondamental de chaque isotope. Les valeurs de gF obtenues pour les niveaux hyperfins F
= I±1/2 sont opposées et ceci aura des conséquences pratiques importantes.

TAB. 5.1 – Facteurs de Landé gF associés au moment cinétique total de chaque isotope de l’état
fondamental de l’atome de lithium.

Isotope I F = I−1/2 F = I +1/2
6Li 1 -2/3 2/3
7Li 3/2 -1/2 1/2

Cas d’un champ magnétique fort En champ fort, la base découplée (MI,MS) est une bonne
approximation et on peut calculer l’énergie des niveaux:

U(F,MF) = aMIMS−2MSµBB (5.7)

Situation intermédiaire Dans la situation intermédiaire, l’énergie d’un sous - niveau hyperfin
(F,MF ) donné s’obtient en résolvant une équation séculaire (voir par exemple dans le livre de N.F.
Ramsey les équations (36,37), page 15 [192]):

U(F,MF) = − ∆E
2(2I +1)

± ∆E
2

√
1+

4MFX
2I +1

+X2 pour |MF | ≤ I−1/2 (5.8)

où le signe ± est associé au choix du niveau hyperfin F = I± 1/2 avec X = 2µBB/∆E. Pour les
niveaux MF = ±(I + 1/2), l’équation (5.8) donne les bonnes énergies mais sans les attribuer au
bon niveau, si X > 1. Tous nos calculs sont dans le domaine X < 1 et cette remarque n’a pas
de conséquence pratique. L’équation (5.8), valable pour toute valeur de I, permet de décrire le
comportement des deux isotopes de l’atome de lithium, l’écart de structure hyperfine, noté ∆E
pour ne pas alourdir les notations, dépendant bien sûr de l’isotope choisi. L’énergie d’interaction
de l’atome avec le champ magnétique appliqué s’écrit pour chacun des deux isotopes :

U (6Li)(F,MF) = −∆E
6

± ∆E
2

√
1+

4MFX
3

+X2 (5.9-a)

U (7Li)(F,MF) = −∆E
8

± ∆E
2

√
1+MFX +X2 (5.9-b)

Nous avons représenté sur la figure (5.1) l’énergie U(F,MF)/∆E en fonction de X = 2µBB/∆E
pour les couples (F,MF ) de chaque isotope. La structure hyperfine se découple autour de X = 1.

5.1.3 Effet Zeeman quadratique
Dans notre expérience, le champ magnétique est relativement faible et la structure hyperfine

n’est que partiellement découplée. Dans un tel champ, il suffit de développer l’expression de
U(F,MF) en puissance de X jusqu’aux termes en X2, c’est à dire jusqu’à l’effet Zeeman qua-
dratique dû au découplage hyperfin.
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FIG. 5.1 – Evolution des énergies réduites U(F,MF)/∆E des niveaux hyper£ns (F,MF ) en fonction
du champ magnétique appliqué, exprimé en unités réduites X = 2µBB/∆E, pour chacun des deux
isotopes de l’atome de lithium.

Nous obtenons ainsi le déplacement en énergie du sous - niveau (F,MF ) de chaque isotope :

U (6Li)(F,MF) ' −∆E
6
± ∆E

2
± 2µBMFB

3
± µ2

BB2

∆E

(
1− 4M2

F

9

)
(5.10-a)

U (7Li)(F,MF) ' −∆E
8
± ∆E

2
± µBMFB

2
± µ2

BB2

∆E

(
1−M2

F

4

)
(5.10-b)

en rappelant que le signe ± est lié à la valeur de F = I±1/2. On retrouve l’effet Zeeman linéaire
avec le facteur de Landé gF calculé plus haut pour chacun des isotopes : gF(6Li) =± 2/3 et gF(7Li)
= ± 1/2 et un terme, quadratique en champ B, lié au découplage hyper£n. Ce dernier terme est
inversement proportionnel à l’écart hyper£n ∆E, qui est particulièrement faible dans le cas de
l’atome de lithium 6Li, et c’est donc sur cet isotope que ce terme jouera le plus grand rôle.

5.2 Interférences en présence d’un champ magnétique

Ce paragraphe a pour but d’étudier les modi£cations de la visibilité et de la phase des franges
atomiques résultant de l’application d’un champ magnétique sur l’interféromètre. Nous commen-
çons par décrire qualitativement le comportement de l’atome lors de sa traversée de l’interféro-
mètre en présence d’un champ magnétique, puis nous étudierons de manière détaillée les pertur-
bations des interférences dues à l’effet Zeeman.

5.2.1 Traversée de la zone d’interaction avec le champ magnétique

On peut distinguer dans le champ magnétique B appliqué à l’interféromètre la contribution liée
à l’action de l’expérimentateur Bex de celle qui résulte du champ magnétique résiduel B0 existant
dans l’interféromètre en l’absence de toute intervention de l’opérateur :

B = B0 +Bex (5.11)
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Dans notre expérience, le champ magnétique B0 résulte pour l’essentiel du champ magnétique
terrestre qui n’est pas compensé (B0 ' 4× 10−5 T) mais qui est un peu modifié par la présence
du bâti très massif en acier qui supporte l’interféromètre. Le champ appliqué est produit par une
petite bobine située à proximité du miroir à atomes et le champ Bex n’a de valeurs notables que sur
quelques centimètres autour de l’axe de la bobine. Nous décrirons en détail ces deux contributions
au paragraphe (5.3).

En dehors de la zone d’interaction de l’atome avec le champ magnétique Bex, le champ B,
dominé par le champ magnétique terrestre B0, est quasiment vertical. Lorsque l’atome s’approche
de la zone d’interaction avec le champ Bex, le champ magnétique B tourne progessivement jusqu’à
parvenir dans le plan de l’interféromètre, puis quand l’atome s’éloigne de la zone d’interaction
avec le champ extérieur Bex, le champ magnétique reprend progressivement l’orientation du champ
magnétique terrestre.

Ces deux champs magnétiques sont statiques et la vitesse angulaire ωB de rotation du champ
magnétique vu par l’atome est donnée par le produit de la variation spatiale dθ/dz de la direction
du champ par la vitesse v de l’atome de lithium :

ωB = v
dθ
dz

(5.12)

Nous estimons que le champ tourne d’un angle proche de π/2 rad sur une distance égale à 4 cm,
(cf. paragraphe (5.3.2)) soit dθ/dz ≈ 40 m−1. Avec v = 1070 m/s, on estime ωB ≈ 4× 104 s−1.
Cette vitesse angulaire est nettement plus faible que la pulsation de Larmor ωL, qui représente la
vitesse angulaire de précession du moment magnétique autour du champ B :

ωL =
gFµBB

h̄
(5.13)

La plus petite valeur de ωL qui correspond à B = B0 = 4×10−5 T et gF = 1/2, vaut ωL = 2×106

s−1 et on a bien ωB ¿ ωL. L’approximation de suivi adiabatique devrait donc être excellente : le
moment cinétique F précesse très rapidement autour du champ magnétique et quand la direction
du champ tourne, la projection MF du moment cinétique F sur le champ magnétique local B reste
constante. Nous avons vérifié que le champ magnétique ne s’annule jamais le long des chemins
atomiques de sorte qu’aucune transition non adiabatique ne se produit. Si de telles transitions se
produisaient, les effets d’interférences atomiques seraient complètement brouillés.

5.2.2 Perturbation induite par le champ magnétique appliqué
L’énergie d’interaction U de l’atome avec le champ magnétique appliqué B est en général très

faible devant l’énergie cinétique de l’atome. La trajectoire classique de l’atome n’est quasiment pas
modifiée et le déplacement en énergie se traduit par une modification du vecteur d’onde atomique :

k =

√
k2

0−
2mU

h̄2 ' k0− U
h̄v

(5.14)

k0 désignant la norme du vecteur d’onde atomique en l’absence de champ magnétique extérieur et
v la vitesse de l’atome. Lorsque B 6= 0, chacun des deux chemins atomiques subit un déphasage
qui s’obtient par intégration le long de la trajectoire classique de l’atome d’abscisse curviligne ` :

ϕ =− 1
h̄v

Z

chemin
U(`)d` (5.15)
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Ces phases magnétiques peuvent prendre des valeurs très importantes. Pour le champ magné-
tique terrestre B = 4×10−4 T s’étendant sur toute la longueur de l’interféromètre, soit 1,20 m, on
trouve ϕ' 103 rad pour l’isotope 6Li avec MF = 1/2 et ϕ' 2,6×103 rad pour l’isotope 7Li avec
MF = 1. Fort heureusement, ces phases magnétiques élevées ne jouent aucun rôle en l’absence de
transitions non adiabatiques entre deux sous - niveaux hyperfins magnétiques.

L’interféromètre de Mach - Zehnder n’est sensible qu’à la différence de phase entre les deux
bras de l’appareil qui s’écrit :

φ =
1
h̄v

(Z
bas

U(`)d`−
Z

haut
U(`)d`

)
(5.16)

où les chemins atomiques haut et bas sont ceux que l’on a défini au chapitre 4 d’ordres de dif-
fraction respectifs (p,− p,0) et (0,p,− p) représentés sur la figure (5.2). Un champ magnétique
identique sur les deux chemins atomiques ne provoque pas de déphasage des franges atomiques.
Seul un gradient de champ magnétique peut avoir un effet sur les franges d’interférence.

FIG. 5.2 – Définition des chemins haut et bas de l’interféromètre d’ordres de diffraction respectifs
(p,− p,0) et (0,p,− p).

L’effet d’un gradient de champ magnétique dépend fortement de la nature du jet atomique utilisé
et deux propriétés essentielles peuvent être dégagées à partir de l’équation (5.16) :

• Dans le cas général, les atomes sont répartis sur six sous - niveaux hyperfins magnétiques
(F,MF ) pour l’isotope 6Li et sur huit sous - niveaux (F,MF ) pour l’isotope 7Li. Le déphasage φ
dépendant du sous - niveau hyperfin (F,MF ) choisi, nous commencerons par étudier le cas idéal
correspondant à un jet atomique pompé optiquement dans un seul de ces sous - niveaux, puis nous
traiterons le cas général au paragraphe (5.2.4).

• L’étude menée au chapitre 2 a montré que notre jet atomique n’est qu’approximativement
monocinétique et cette dispersion en vitesse est à l’origine d’une dispersion du déphasage φ des
interférences atomiques. A la dépendance en 1/v visible sur l’équation (5.16) associée au temps
de traversée de l’atome dans la zone d’interaction avec le champ magnétique, vient s’ajouter un
second facteur en 1/v contenu dans la différence des deux intégrales de chemin et provenant de la
dépendance de l’angle de diffraction θD avec la vitesse, θD ∝ 1/v (voir le paragraphe 5.2.5). Nous
allons traiter d’abord le cas d’un jet atomique monocinétique et l’influence de la distribution de
vitesse du jet atomique sera étudiée au paragraphe (5.2.5).
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5.2.3 Déphasage d’un niveau hyperfin (F,MF) donné
Dans ce paragraphe, nous supposons que le jet atomique de lithium est monocinétique et pompé

optiquement dans un sous - niveau hyperfin (F,MF) donné. En l’absence de gradient de champ
magnétique, le signal sur la sortie 1 de l’interféromètre s’écrit sous la forme décrite au chapitre 4 :

I1 = I0 [1+V0 cos(φ0)] (5.17)

Pour la suite de la discussion, il est commode d’introduire un facteur de visibilité complexe V0
de manière à écrire l’expression de l’intensité I1 sous la forme compacte suivante :

I1 = I0 [1+Re{V 0}] avec V 0 = V0 exp(iφ0) (5.18)

La visibilité V0 et la phase φ0 des franges atomiques s’interprètent alors comme le module et
l’argument du facteur de visibilité complexe V . Ce facteur de visibilité complexe est très utilisé en
optique traditionnelle lorsque l’on souhaite étudier la cohérence temporelle ou spatiale de sources
lumineuses (théorèmes de Wiener - Kintchine et Van Cittert - Zernike [1]).

Calcul du déphasage d’un niveau hyperfin (F,MF)

L’application d’un gradient de champ magnétique se traduit par un déphasage φ(F,MF) des
franges atomiques que l’on peut expliciter en utilisant les équations (5.10-a) et (5.10-b) qui dé-
crivent l’effet Zeeman jusqu’au terme quadratique en champ. Le sous - niveau hyperfin (F,MF )
subit un déphasage φ(F,MF) de la forme :

φ(F,MF) = ±2
3

MFJ1±
(

1− 4
9

M2
F

)
J2 (5.19-a)

φ(7Li)(F,MF) = ±1
2

MFJ1±
(

1− M2
F

4

)
J2 (5.19-b)

Nous avons introduit des facteurs J1 et J2 qui décrivent respectivement l’effet Zeeman linéaire
et l’effet Zeeman quadratique. Ces facteurs s’expriment en fonction de la vitesse de l’atome, de
l’intensité et de la topologie du champ magnétique B :

J1 =
µB

h̄v

(Z
bas

B(`)d`−
Z

haut
B(`)d`

)
(5.20)

J2 =
µ2

B
h̄v∆E

(Z
bas

B2(`)d`−
Z

haut
B2(`)d`

)
(5.21)

Les facteurs J1 et J2 dépendent de l’isotope choisi. En effet, la différence des intégrales de
chemin est fonction de la séparation entre les bras qui dépend de la masse de l’isotope diffracté.
Nous expliciterons cette dépendance au paragraphe (5.2.5). De plus, le facteur J2 s’exprime en
fonction de l’écart de structure hyperfine ∆E. Les tables (5.2) et (5.3) indiquent les déphasages
φ(F,MF) obtenus pour chaque sous - niveau hyperfin (F,MF ) de l’état fondamental des deux iso-
topes en fonction des quantités J1 et J2. Seuls les sous - niveaux hyperfins de |MF | maximal,
MF = ±(I + 1/2), ont des déphasages opposés, à cause de l’absence de terme quadratique pour
ces sous - niveaux. Si l’on se limite à l’effet Zeeman linéaire, les sous - niveaux hyperfins de même
MF ont des phases opposées et ceci aura des conséquences importantes au prochain paragraphe.
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TAB. 5.2 – Déphasage φ(F,MF) induit par un gradient de champ magnétique sur le niveau hyper-
fin (F,MF) de l’état fondamental de l’atome 6Li. Les facteurs J1 et J2 sont définis par les équations
(5.20) et (5.21).

MF −3/2 −1/2 1/2 3/2
F = 3/2 −J1 −J1/3+8J2/9 J1/3+8J2/9 J1
F = 1/2 J1/3+8J2/9 −J1/3+8J2/9

TAB. 5.3 – Déphasage φ(F,MF) induit par un gradient de champ magnétique sur le niveau hyper-
fin (F,MF) de l’état fondamental de l’atome 7Li. Les facteurs J1 et J2 sont définis par les équations
(5.20) et (5.21).

MF −2 −1 0 1 2
F = 2 −J1 −J1/2+3J2/4 J2 J1/2+3J2/4 J1
F = 1 J1/2−3J2/4 −J2 −J1/2−3J2/4

Signal d’interférence correspondant à un seul niveau hyperfin (F,MF)

En sortie de l’interféromètre, le signal atomique est déphasé de la quantité φ(F,MF) donnée par
les tables (5.2) et (5.3). Le signal s’écrit donc :

I1 = I0 [1+V0 cos(φ0 +φ(F,MF))] (5.22)

Les interférences gardent donc la même visibilité V0 qu’en l’absence de gradient de champ magné-
tique mais elles sont seulement déphasées d’une quantité qui dépend du niveau hyperfin (F,MF ).
La visibilité complexe est donnée par :

V (F,MF) = V 0 exp(iφ(F,MF)) (5.23)

5.2.4 Prise en compte des différents sous - niveaux hyperfins (F,MF)
Dans le cas général, la population atomique se répartit sur six sous - niveaux hyperfins (F,MF )

pour l’isotope 6Li ou sur huit sous - niveaux pour l’isotope 7Li. Chaque sous - niveau hyperfin
(F,MF ) a son propre déphasage φ(F,MF) étudié au paragraphe précédent et le signal en sortie de
l’interféromètre résulte de la superposition incohérente de chacune de ces contributions indépen-
dantes :

I1 = ∑
F,MF

P(F,MF)I0 [1+V0 cos(φ0 +φ(F,MF))] (5.24)

où P(F,MF) est la fraction de la population dans le niveau (F,MF) avec donc ∑F,MF P(F,MF) = 1.
On suppose que les signaux d’interférence ne proviennent que d’un seul isotope, par un choix
convenable de la fréquence laser utilisée pour la diffraction. Cette équation est valable dans l’hypo-
thèse d’un jet atomique monocinétique, hypothèse que nous supposons vérifiée dans ce paragraphe.
Avec la visibilité complexe, cette équation s’écrit :

V = ∑
F,MF

P(F,MF)V (F,MF) (5.25)
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Le facteur de visibilité V , associé aux signaux d’interférence provenant de plusieurs sous - niveaux
(F,MF ) est donné par la somme pondérée des facteurs de visibilité complexes V (F,MF) associés
à l’interférogramme créé par chacun des sous - niveaux. La visibilité V et le déphasage φ de la
figure d’interférence recherchée sont donnés par :

V =

∣∣∣∣∣ ∑
F,MF

P(F,MF)V (F,MF)

∣∣∣∣∣ avec tan(φ) =
∑F,MF P(F,MF)Im [V (F,MF)]
∑F,MF P(F,MF)Re [V (F,MF)]

(5.26)

En l’absence de pompage optique, les sous - niveaux d’un isotope sont également peuplés car la
différence d’énergie, égale au plus à ∆E, est complètement négligeable devant kBT0 à la tempéra-
ture T0 du four (avec T0 ' 1000 K, kBT0/h' 20 THz) et même devant kBT‖ où T‖ est la température
parallèle finale du lithium dans le jet (avec T‖ ' 6 K, kBT‖/h' 120 GHz). Dans ce cas, la visibilité
complexe pour chaque isotope prend une forme simple :

V (6Li) =
V0

3

[
cos(J1)+2cos

(
J1

3

)
cos

(
8J2

9

)]
(5.27-a)

V (7Li) =
V0

4

[
cos(J1)+2cos

(
J1

2

)
cos

(
3J2

4

)
+ cos(J2)

]
(5.27-b)

La présence de fonctions cosinus résulte de la symétrie observée dans les valeurs des déphasages
φ(F,MF) décrite dans le paragraphe précédent. Le poids de chaque fonction cosinus dépend du
nombre de sous - niveaux mis en jeu. Par exemple, pour l’isotope 7Li, il y a deux sous - niveaux
avec MF = ± 2, 4 sous - niveaux avec MF = ± 1 et 2 sous - niveaux MF = 0 donc insensibles à
l’effet Zeeman linéaire.

Jet atomique de lithium 7 pompé optiquement dans le niveau hyperfin F = 1

Les signaux d’interférence pour un jet atomique de 7Li pompé optiquement dans le niveau
hyperfin F = 1 sont décrits par une visibilité complexe donnée par:

V (7Li)(F=1) =
V 0
3

(
exp(−iJ2)+2cos(

J1

2
)exp(−3iJ2

4
)
)

(5.28)

Pour simplifier, on a supposé que les populations de trois sous-niveaux hyperfins MF = 0, ± 1 sont
égales, ce qui pourrait ne pas être une très bonne approximation. Lorsque le champ magnétique
appliqué est faible, l’effet Zeeman quadratique peut être négligé et la visibilité complexe devient
réelle :

V (7Li)(F=1) =
V0

3

[
1+2cos

(
J1

2

)]
(5.29)

si l’on omet le facteur de phase exp(iφ0) lié au balayage des franges atomiques. La visibilité des
franges atomiques est ainsi donnée par la valeur absolue de l’équation (5.29) et le déphasage est
soit 0, soit π, en fonction du signe du facteur de visibilité.

Nous avons représenté sur la figure (5.3) l’évolution de la visibilité et de la phase des franges
atomiques en fonction de la quantité J1. Plus précisément, on a supposé que l’on pouvait négliger
le champ résiduel B0 et, dans cette approximation, J1 est proportionnel au courant électrique Iel



128 CHAPITRE 5. INTERACTIONS AVEC UN CHAMP MAGNÉTIQUE

servant à créer le champ Bex. Ce tracé correspond sensiblement à notre montage experimental
(paragraphe 5.3). La courbe de visibilité présente des récurrences périodiques correspondant à des
incréments de J1 égaux à 4π. La visibilité est maximale quand les différents interférogrammes sont
en phase et elle reprend alors la valeur V0 qu’elle avait en champ magnétique nul. Des annulations
périodiques de la visibilité se produisent dès que J1 = 4π/3 ou J1 = 8π/3. En ces points de visibilité
nulle, le déphasage φ de la figure d’interférence présente des sauts de phase de π associés à un
changement de signe de la visibilité complexe.
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FIG. 5.3 – Visibilité et déphasage des franges atomiques en fonction du facteur J1 décrivant l’effet
Zeeman linéaire. Le jet atomique est monocinétique et pompé optiquement dans le niveau hyperfin
F = 1. La visibilité présente des récurrences (incréments de J1 de 4π) et des annulations qui
provoquent des sauts de phase de π.

Lorsque le champ magnétique appliqué devient plus intense, nous ne pouvons plus négliger
l’effet Zeeman quadratique. Cette contribution pourrait à première vue sembler négligeable : les
travaux menés par J. Schmiedmayer dans l’équipe de D. Pritchard à partir d’un jet atomique de
sodium [190] et ceux qui figurent dans la thèse de D. Giltner portant sur un jet d’atomes de néon
métastable [163] sont très bien décrits à partir du seul effet Zeeman linéaire. Dans notre expérience,
l’effet Zeeman quadratique doit à priori être pris en compte pour deux raisons :

• La géométrie du champ magnétique appliqué B n’est pas la même que celle qui est utilisée
dans les expériences citées ci - dessus. Nous détaillerons cette géométrie au paragraphe (5.3).

• L’effet Zeeman quadratique est inversement proportionnel à l’écart de structure hyperfine ∆E
et pour l’atome de sodium 23, cette énergie est environ deux fois plus importante que pour l’isotope
7 du lithium [77]. Pour le néon, les isotopes abondants 20Ne et 22Ne ont un spin nucléaire nul et
l’effet Zeeman quadratique est totalement négligeable avec les champs magnétiques utilisés.

Dans le cas d’un jet atomique pompé optiquement dans le niveau hyperfin F = 1, l’effet Zeeman
quadratique se manifeste sous la forme de facteurs de phase donnés par l’équation (5.28), qui
modifient la visibilité et la phase φ des franges atomiques : les sauts de phase de 0 ou π prévus si
on suppose l’effet Zeeman purement linéaire disparaissent car la visibilité complexe ne peut plus
s’annuler exactement.
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5.2.5 Influence de la distribution de vitesse du jet atomique
Les expressions obtenues jusqu’ici ont été établies pour un jet monocinétique. Explicitons la

dépendance de la phase φ(F,MF) avec la vitesse v de l’atome.

Caractère dispersif des déphasages φ(F,MF)

Dans notre interféromètre, les deux chemins atomiques sont quasi parallèles et séparés d’une
distance ∆x = L12θD qui vaut environ 100 micromètres à hauteur du miroir à atomes, si on utilise
le premier ordre de diffraction. Comme ∆x est très petit devant la distance aux sources du champ
magnétique, les intégrales de chemin qui apparaissent dans les expressions de J1 et J2, portant sur
le champ magnétique B(x,z) et sur son carré, peuvent être approximées par :

Z

ch.bas
B(`)d`−

Z

ch.haut
B(`)d` ' ∆x

(Z ∞

−∞

dB(x0,z)
dx

dz
)

(5.30)
Z

ch.bas
B2(`)d`−

Z

ch.haut
B2(`)d` ' 2∆x

(Z ∞

−∞
B(x0,z)

dB(x0,z)
dx

dz
)

(5.31)

les quantités (x0 + ∆x/2) et (x0−∆x/2) désignant la position des deux bras de l’interféromètre.
L’angle de diffraction θD étant directement proportionnel à la longueur d’onde atomique de De
Broglie elle même variant comme l’inverse de la vitesse de l’atome v, le déphasage φ(F,MF),
défini à l’équation (5.16), est proportionnel à v−2.

Conséquences pour le signal interférentiel

Notre jet atomique n’étant qu’approximativement monocinétique, la distribution de vitesses
des atomes de lithium est responsable d’une dispersion des déphasages φ(F,MF) ce qui provoque
une réduction de la visibilité des signaux d’interférence. La distribution normée de vitesse du jet
atomique a été étudiée au chapitre 2 et elle est donnée par :

P(v) =
S‖

u
√

π
exp[−((v−u)S‖/u)2] (5.32)

u désigne la vitesse la plus probable des atomes. S‖ est le rapport terminal de vitesses parallèles
défini au chapitre 2 et il est relié à la température parallèle (finale) T‖ des atomes de lithium :

S‖ = u/
√

2kBT‖/m (5.33)

La visibilité complexe V (F,MF) associée à chaque sous - niveau (F,MF ), qui dépend de la vitesse
v de l’atome par l’intermédiaire des déphasages φ(F,MF), doit être moyennée sur la distribution de
vitesse P(v):

〈V (F,MF)〉=
Z ∞

−∞
P(v)V (F,MF ,v)dv (5.34)

Ainsi, le facteur de visibilité complexe associé à la figure d’interférence la plus générale (jet ato-
mique non monocinétique et non pompé optiquement) s’écrit sous la forme :

〈V 〉= ∑
F,MF

〈V (F,MF)〉 (5.35)
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Le module 〈V (F,MF)〉 et l’argument 〈φ(F,MF)〉 du facteur de visibilité complexe 〈V (F,MF)〉
sont calculés à l’annexe D. Dans le cas présent, avec φ(F,MF) ∝ v−2, nous donnons une expression
analytique approchée de ces deux quantités :

〈V (F,MF)〉 = V0
S‖

[S4
‖+9φ2

m]1/4 exp

[
−

φ2
mS2

‖
(S4
‖+9φ2

m)

]
(5.36)

〈φ(F,MF)〉 = φm − 3φ3
m(

S4
‖+9φ2

m

) +
1
2

arctan

(
3φm

S2
‖

)
(5.37)

où la phase φm désigne le déphasage φ(F,MF) obtenu lorsque v = u. Ces deux expressions sont
très bien vérifiées lorsque φm est inférieur à 10 radians et pour un rapport de vitesse parallèle S‖
supérieur à 7 (annexe D). En général, le déphasage moyen φm(F,MF) induit par le gradient de
champ magnétique sur le niveau (F,MF ) est suffisamment faible pour que 3φm ¿ S2

‖ et la visibilité
complexe moyenne s’écrit alors sous la forme simplifiée suivante :

〈V (F,MF)〉 ' V0 exp
[
−φ2

m/S2
‖
]

exp

[
i

(
φm +

3φm

2S2
‖
− 3φ3

m

S4
‖

)]
(5.38)

L’amortissement de la visibilité des franges atomiques s’effectue selon une loi exponentielle et le
déphasage n’est que peu modifié, le premier terme correctif étant proportionnel à 3φm/(2S2

‖).

Exemple d’un jet atomique de lithium 7 pompé optiquement dans le niveau F = 1

Nous nous limiterons à l’approximation de l’effet Zeeman linéaire, ce qui correspond à des cou-
rants électriques peu élevés, jusqu’à environ 4 Ampères. En tenant compte des effets de dispersion
de vitesse, la visibilité devient :

V (7Li)(F=1) =
V0

3

∣∣∣∣1+2e−(J1/(2S‖))
2

cos
(

J1

2

)∣∣∣∣ (5.39)

Dans l’approximation de l’effet Zeeman linéaire, le sous - niveau hyperfin MF = 0 n’est pas
sensible à la distribution de vitesse du jet et la figure d’interférence associée à chacun des sous
- niveaux MF = ± 1 possède une visibilité amortie par le facteur exponentiel exp(−φ2

m/S2
‖) avec

φm = J1/2. La figure (5.4) compare la visibilité et la déphasage calculés pour une distribution de
vitesse infiniment étroite et une distribution de vitesse correspondant à S‖ = 8. On observe un amor-
tissement exponentiel de la visibilité qui converge vers la valeur 1/3 de sa valeur initiale : en effet,
un sous-niveau sur les trois, le sous niveau MF = 0, n’est pas du tout affecté dans l’approxima-
tion de l’effet Zeeman linéaire. On peut aussi calculer la phase de l’interférogramme en utilisant
l’équation (5.38).

Rappelons que ces tracés ne prennent pas en compte l’effet Zeeman quadratique qui peut s’avé-
rer important pour des courants électriques supérieurs à 4 A.
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FIG. 5.4 – Effet de la distribution de vitesse sur la visibilité et le déphasage des franges dans
l’approximation de l’effet Zeeman linéaire. Le jet atomique est pompé optiquement dans le niveau
hyperfin F = 1 et le tracé est effectué pour S‖ = 8,0. La distribution de vitesse du jet atomique
se manifeste par une décroissance exponentielle de la visibilité des franges avec une oscillation
autour de la valeur asymptotique 1/3. Le déphasage est lui aussi modifié : les sauts de phase de π
disparaissent car la visibilité ne s’annule plus. Les courbes pointillés sont celles de la figure (5.3)
et correspondent à un jet monocinétique de vitesse égale à u.

5.3 Etude expérimentale

Cette troisième partie est consacrée à l’étude expérimentale des effets prévus ci-dessus. Nous
commençons par présenter le dispositif expérimental qui a servi à créer un gradient de champ
magnétique dans l’interféromètre. Ce dispositif est formé d’une bobine parcourue par un courant
électrique Iel , située à l’intérieur de l’enceinte à vide. Nous créons ainsi un champ magnétique
inhomogène sur les deux bras de l’interféromètre. La solution de l’équipe de D. Pritchard qui
consiste à faire passer un courant dans un feuille mince (un "septum") placée entre les deux che-
mins atomiques nous a semblé délicate à réaliser sans qu’elle présente de très gros avantages du
point de vue du calcul des intégrales faisant intervenir le champ magnétique. Nous avons mesuré
la visibilité et le déphasage des franges atomiques en fonction du courant électrique servant à créer
ce gradient de champ. Nous avons fait cette expérience avec les trois configurations suivantes :

– Jet atomique de lithium 7 pompé optiquement dans le niveau hyperfin F = 1. L’étude a été
effectuée en utilisant le premier et le second ordre de diffraction.

– Jet atomique de lithium 7 non pompé optiquement, donc avec une population répartie sur les
huit sous-niveaux des niveaux hyperfins F = 1 et F = 2.

– Jet atomique de lithium 6 non pompé optiquement, donc avec une population répartie sur les
six sous-niveaux des niveaux hyperfins F = 1/2 et F = 3/2.

Nous comparerons nos mesures de visibilité et de phase des franges atomiques avec le résultat
d’une simulation numérique réalisée à partir d’une modélisation du champ créé par la bobine et en
utilisant l’étude théorique du paragraphe (5.2).
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5.3.1 Dispositif expérimental
Nous avons disposé une bobine à l’intérieur de l’enceinte à vide pour créer le gradient de champ

magnétique. Ce gradient de champ vient s’ajouter aux éventuels gradients du champ magnétique
B0 déjà présents dans l’appareil et le champ créé par la bobine est noté Bex.

La figure (5.5) est une photographie de la bobine construite à Toulouse qui possède N = 4,5
spires de diamètre d = 30 mm. Le centre de la bobine est situé à environ quatre centimètres de
la deuxième onde laser stationnaire et en ce point, la séparation entre les chemins atomiques vaut
∆x = 93,5µm au premier ordre de diffraction pour la vitesse la plus probable u = 1070 m/s. La
bobine est fixée sur un support rigide en dural qui peut être translaté sous vide dans la direction x
des ondes lasers stationnaires grâce à une translation Micro-Contrôle actionnée par un passage de
translation sous vide de marque Caburn de course 25 mm.

FIG. 5.5 – Photographie du bobinage utilisé pour appliquer un gradient de champ magnétique à
l’interféromètre. La photographie est prise pour un observateur regardant en direction de la source
atomique. Chaque bobine possède 4,5 spires de diamètre 30 mm et les deux chemins atomiques sont
situés entre ces deux bobines distantes de 5 mm.

Cette translation permet de positionner correctement la bobine par rapport au jet atomique.
Cette translation et ce passage sont ferromagnétiques mais situés environ 20 cm au dessus du plan
de l’interféromètre atomique. Le bâti en acier qui porte les enceintes à vide est situé au dessous
du plan de l’interféromètre à une distance voisine aussi de 20 cm des chemins atomiques. Les
objets ferromagnétiques les plus proches des chemins atomiques dans l’interféromètre sont les
petits ressorts en acier des supports point-trait-plan pour les miroirs des ondes stationnaires et le
support de bobine. Une description plus détaillée du support utilisé, visible sur la figure (5.5), sera
donnée au chapitre 6 lors de la mesure de polarisabilité.

Le bobinage est formé de fils de cuivre d’assez gros diamètre, 2 mm. La bobine a ainsi une
faible résistance électrique voisine de l’ordre de 2× 10−3 Ω et nous utilisons des courants infé-
rieurs à 9 Ampères. La puissance maximum débitée par effet Joule est voisine de 0,17 Watt et cette
puissance est évacuée essentiellement par les fils d’amenée de courant qui ont le même diamètre.
Un calcul approximatif, négligeant toutes les autres pertes thermiques, prévoit une élévation de
température de quelques dizaines de Kelvins à la puissance maximale. Nous pensons que la possi-
bilité de bien dissiper ainsi la chaleur par conduction thermique a permis un fonctionnement fiable
et reproductible de la bobine.

Notre dispositif est formé de deux bobines identiques et indépendantes distantes de 5 mm. Cette
distance permet le passage des paquets d’ondes atomiques qui ne sont séparés que par 0,2 mm au
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second ordre de diffraction. Le centre de chacune des bobines est situé à une distance x0 voisine
de 7,2 mm du faisceau atomique non diffracté, situé sur la partie gauche de la photographie. Nous
avons appliqué un courant électrique à l’une ou l’autre des deux bobines et nous n’avons pas noté
de différence notable sur les figures d’interférence.

5.3.2 Simulation du champ magnétique appliqué
Nous avons évalué le champ magnétique Bex créé par la bobine pour calculer numériquement

les intégrales (5.20) et (5.21) portant sur le champ magnétique à l’interféromètre B (ou son carré)
le long des chemins atomiques. Nous en déduisons les valeurs numériques des quantités J1 et J2
pour chaque isotope, puis l’expression de la visibilité et du déphasage des franges atomiques, en
présence du champ magnétique.

Modélisation du champ magnétique B Nous analysons dans ce paragraphe les deux contribu-
tions B0 et Bex qui interviennent dans l’expression du champ magnétique total B.

Champ magnétique résiduel B0 Dans notre expérience, le champ magnétique terrestre n’est
pas compensé et les pompes à vide sont soutenues par bâti très rigide en acier. Nous avons mesuré
le champ magnétique B0 en déplaçant un Gaussmètre le long des deux chemins atomiques. Nos
mesures sont représentées sur la figure (5.6) où l’on a distingué les composantes longitudinale B‖ =

B0z et transverse B⊥ =
√

B2
0x +B2

0y du champ résiduel B0. Ce champ magnétique est grossièrement

homogène (B‖ = (0,16± 0,01)× 10−4 Tesla et B⊥ = (0,36± 0,03)× 10−4 Tesla et son module,
voisin de 4 ×10−5 Tesla, est proche de celui du champ magnétique terrestre.
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FIG. 5.6 – Mesures du champ magnétique résiduel B0 dans l’interféromètre. Pour différentes
positions du Gaussmètre sur le banc soutenant les trois miroirs, nous mesurons la composante B‖
de B0 selon l’axe z du jet atomique et sa composante B⊥ dans le plan transverse (x,y).

Ce champ B0 a peu d’importance car un interféromètre de Mach - Zehnder est pratiquement
insensible à l’application d’un faible champ magnétique homogène. Toutefois, nous avons vu au
chapitre 4 que les gradients associés à ce champ résiduel ne sont pas complètement négligeables
et nous allons préciser ce point un peu plus loin dans ce chapitre.
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Champ magnétique créé par la bobine Bex Nous remplaçons la bobine réelle formée de
N spires de rayon a parcourues par un courant Iel par une seule spire infiniment fine parcourue
par le courant NIel et située dans le plan x = 0. Avec cette approximation, le champ magnétique
Bex peut être exprimé de manière analytique [193] (voir pages 30 à 35). Nous allons utiliser des
coordonnées cylindriques (ρ,ϕ,x). La direction x désigne l’axe de la bobine, parallèle à la direction
des ondes lasers stationnaires et les coordonnées ρ et ϕ sont situées dans le plan (y,z). Dans ce
repère, le champ magnétique Bex n’a pas de composante orthoradiale par raison de symétrie et les
autres composantes s’écrivent :

Bex,ρ(ρ,x) =
µ0NIel

2π

(
−I1(k)+

a2 +ρ2 + x2

(a−ρ)2 + x2 I2(k)
)(

x/ρ√
(a+ρ)2 + x2

)
(5.40)

Bex,x(ρ,x) =
µ0NIel

2π

(
I1(k)+

a2−ρ2− x2

(a−ρ)2 + x2 I2(k)
)(

1√
(a+ρ)2 + x2

)
(5.41)

Les fonctions I1(k) et I2(k) représentant respectivement les intégrales elliptiques de Legendre
d’ordre 1 et 2 et leur argument k est une fonction de a, de ρ et de x:

k =

√
4aρ

(a+ρ)2 + x2 (5.42)

Le module du champ magnétique total B est représenté sur la figure (5.7) pour le courant élec-
trique appliqué maximal (Iel = 9,0 A) correspondant à un gradient de champ magnétique de 0,16
Tesla/m.
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FIG. 5.7 – Module B du champ magnétique total B, résultant du champ de la bobine Bex et du
champ résiduel B0. Le plan de la spire qui représente la bobine est à une distance moyenne x0 = 7,5
mm des deux chemins atomiques qui sont séparés de ∆x = 93 micromètres et le calcul est fait pour
un courant de 9,0 A et N = 4,5 tours. Le champ maximal atteint la valeur de 1,305× 10−3 T sur
un des chemins atomiques et 1,320×10−3 T sur l’autre, soit un gradient dB/dx = 0,16 Tesla/m.
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Calcul numérique de la visibilité et du déphasage induits par le champ B

La connaissance du champ magnétique B(x,z) appliqué sur l’interféromètre permet de calculer
les perturbations U (6Li)(z) et U (7Li)(z) de chaque sous - niveau hyperfin, données par les équations
(5.9-a) et (5.9-b). Un programme numérique sous Fortran effectue le calcul des perturbations pour
différents courants électriques appliqués puis intègre ces perturbations le long de chaque chemin
atomique pour en déduire le déphasage φ des franges atomiques défini à l’équation (5.16). Alter-
nativement, le programme peut effectuer un calcul similaire en utilisant le developpement limité
de l’effet Zeeman en gardant soit seulement le terme linéaire, soit les termes linéaire et quadra-
tique. Le déphasage d’un sous - niveau (F,MF ) est alors calculé en utilisant les équations (5.19-a)
et (5.19-b), les facteurs J1 et J2 étant déterminés numériquement. Nous exprimons ce résultat nu-
mérique en donnant les valeurs de J1/Iel et J2/I2

el . Au premier ordre de diffraction, nous obtenons
pour chaque isotope :

J(6Li)
1 /Iel = 5,03 rad/A, J(6Li)

2 /I2
el = 0,0725 rad/A2 (5.43-a)

J(7Li)
1 /Iel = 4,79 rad/A, J(7Li)

2 /I2
el = 0,0206 rad/A2 (5.43-b)

Ces résultats sont en bon accord avec l’étude menée au paragraphe (5.2) : J1 et J2 sont plus éle-
vés pour l’isotope bosonique d’angle de diffraction plus élevé. J2 est également plus élevé pour
l’isotope 6Li car l’écartement hyperfin est plus faible pour cet isotope. Les déphasages φ(F,MF)
permettent de calculer numériquement la visibilité complexe des franges atomiques et suivant l’ex-
périence effectuée, nous utilisons les expressions (5.27-a), (5.27-b) ou (5.28) pour y parvenir. En
pondérant ces visibilités par les facteurs exponentiels qui traduisent la distribution de vitesse du
jet, nous obtenons la visibilité et le déphasage des franges atomiques, pour différents courants
électriques Iel appliqués.

En calculant le champ magnétique appliqué B, nous faisons intervenir la distance (x0±∆x/2)
qui sépare la bobine des deux bras de l’interféromètre. Il est difficile de mesurer la distance x0,
voisine de 7,4 mm, avec une grande précision. D’autre part, pour prendre en compte les effets
de la distribution de vitesse du jet atomique, nous utilisons le rapport de vitesse parallèle S‖ des
atomes qui contribuent au signal d’interférence. Comme nous l’avons déjà dit, la distribution de
ces atomes diffère un peu de la distribution de vitesse du jet atomique incident, à cause de la
sélectivité en vitesse de la diffraction dans le régime de Bragg, et nous devons donc utiliser une
valeur de S‖ plus élevée que celle que nous avons mesurée sur le jet atomique au chapitre 2 et
cette valeur peut dépendre de l’ordre de diffraction, puisque la sélectivité de la diffraction n’est pas
la même aux différents ordres. Dans les conditions de référence du jet atomique (température du
four T0 = 1080 K, pression d’argon P0 de 330 millibars) qui correspondent aux mesures effectuées
dans ce chapitre, la valeur de S‖ mesurée sur le jet atomique est égale à S‖ = 8,6 avec une vitesse
moyenne u = 1070 m/s.

Les trois quantités x0, u et S‖ ne sont connues que de manière approximative. L’idéal serait
d’ajuster nos points expérimentaux et de déterminer ainsi le triplet (x0,u,S‖) le plus adapté. Tou-
tefois, compte tenu de notre modélisation plutôt grossière du champ magnétique Bex et que notre
objectif n’est pas d’effectuer une mesure de précision de l’effet Zeeman, nous avons choisi d’utili-
ser les trois valeurs suivantes x0 = 7,4 mm, u = 1070 m/s et S‖ = 9,0 pour une diffraction au premier
ordre. Nous allons voir que l’accord entre les points expérimentaux et la simulation est ainsi très
satisfaisant.
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5.3.3 Jet atomique de lithium 7 pompé optiquement dans le niveau F = 1

Dans ce paragraphe, le jet atomique est pompé optiquement dans le niveau hyperfin F = 1
en utilisant une diode laser de marque Sacher, délivrant une puissance de 10 mW, montée en
configuration Littrow, asservie sur la transition 2S1/2,F=2 →2 P3/2 de l’isotope 7Li, grâce au signal
d’absorption saturée observé sur un "heat - pipe".

Nous avons mesuré la visibilité des franges atomiques et le déphasage induit sur ces franges
pour différents courants électriques Iel , variant de -1,7 à 8,2 A par pas de 0,2 A. Pour chaque
courant électrique, nous avons enregistré la figure d’interférence obtenue par effet Zeeman en
balayant plusieurs franges atomiques pendant 2 minutes environ. Nous avons fait fréquemment des
enregistrements avec un courant Iel = 0 dans la bobine pour pouvoir corriger la dérive de phase de
l’interféromètre. Ces enregistrements nous permettent de vérifier que la visibilité V0 des franges
atomiques en l’absence du champ extérieur reste quasiment constante pendant toute la durée de
l’acquisition (V0 ' 65%).

Application d’un gradient de champ magnétique sur l’interféromètre fonctionnant au pre-
mier ordre de diffraction

Nous avons représenté sur la figure (5.8) les franges atomiques obtenues pour des courants
électriques de 2,6 A (graphe de gauche) et 8 A (graphe de droite), au premier ordre de diffraction.
Pour Iel = 2,6 A, la visibilité des franges est un peu réduite par rapport à sa valeur V0 en l’absence
de gradient de champ magnétique et le déphasage est quasiment nul. La situation est très différente
pour Iel = 8,0 A où la visibilité est proche de V0/3 et le déphasage voisin de -π/3. Nous allons voir
que ces résultats s’interprètent de manière satisfaisante en utilisant l’étude théorique proposée au
paragraphe (5.2).
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FIG. 5.8 – Franges d’interférence atomique en présence d’un gradient de champ magnétique. Sur
chacun des graphes, on a représenté en noir les franges d’interférence obtenues en l’absence de
gradient de champ magnétique et en gris les franges obtenues pour Iel = 2,6 A (graphe de gauche)
et Iel = 8 A (graphe de droite).

Nos mesures de la visibilité et du déphasage des franges atomiques sont représentées sur la
figure (5.9) pour différents courants électriques. Le trait plein représente le résultat de la simulation
numérique et l’accord avec les points expérimentaux est satisfaisant.
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FIG. 5.9 – Influence d’un gradient de champ magnétique sur la visibilité et le déphasage des
franges atomiques obtenues au premier ordre de diffraction pour un jet pompé optiquement dans
le niveau F = 1. Les points sont expérimentaux et les courbes sont le résultat de la simulation
numérique issue de la modélisation du champ magnétique B et des résultats du paragraphe (5.2).

L’effet Zeeman linéaire permet d’interpréter les courbes obtenues lorsque le champ magnétique
est faible. Ces courbes sont décrites par le facteur de visibilité complexe de l’équation (5.29) :

V (7Li)(F=1) =
V0

3

(
1+2A(1) cos(

J1

2
)
)

(5.44)

le facteur A(1) = exp[−(J1/(2S‖))2] traduisant l’amortissement exponentiel qui résulte de la dis-
tribution de vitesse du jet atomique.

Lorsque Iel = 2,6 A, les interférogrammes de chaque sous - niveau MF sont de nouveau en phase
(figure (5.8)). Cette intensité correspond à un incrément de J1 égal à 4,79 × 2,6 = 12,45 ' 4π, en
très bon accord avec la loi théorique que résume la figure (5.3)). Pour une distribution de vitesse
très étroite, nous observerions une série de récurrences de même intensité pour des courants Iel
multiples entiers de 2,6 A : ces récurrences sont très rapidement amorties à cause de la distribution
de vitesse et seules les deux premières récurrences sont visibles sur la figure (5.9).
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Pour Iel = 0,8 A, les franges atomiques sont totalement brouillées. Ce courant électrique cor-
respond à un incrément de J1 égal à 4,79 × 0,8 = 3,83 radians, voisin de 4π/3, conformément à
la théorie. Ces annulations de la visibilité s’accompagnent de sauts de phase de π en accord avec
l’équation (5.44). En champ fort, les interférogrammes de chaque sous - niveau (F = 1, MF = ± 1)
sont totalement amortis par la distribution de vitesse du jet. Seul le niveau MF = 0 contribue à l’in-
terférogramme et la visibilité atteint un tiers de sa valeur initiale. Ce comportement asymptotique
est très bien vérifié dans notre expérience (figure (5.8)).

Pour Iel supérieur à 4 A, la phase décroît continument selon une allure parabolique. Seul le
niveau MF = 0 contribue à la figure d’interférence et le déphasage associé à ce niveau, représenté
en pointillés sur la figure (5.9), vaut φ(F = 1, MF = 0) = -J2 d’après la table (5.3). Cette allure
parabolique ne peut s’expliquer par l’effet Zeeman linéaire même en prenant en compte la distri-
bution de vitesse du jet atomique. Le meilleur ajustement a été obtenu en prenant en compte l’effet
Zeeman jusqu’au terme quadratique en champ magnétique. Ainsi, l’allure parabolique observée
est une signature de l’effet Zeeman quadratique.

La déviation systématique observée autour de 4 A entre nos points de mesure et la simulation
numérique est vraisemblablement due à la description imparfaite du champ magnétique créé par
la bobine. Cette description assez grossière suffit toutefois pour interpréter l’essentiel des phéno-
mènes physiques rencontrés.

Application d’un gradient de champ magnétique sur l’interféromètre fonctionnant au second
ordre de diffraction

Lorsque l’interféromètre fonctionne par diffraction de l’onde atomique au second ordre de dif-
fraction, la séparation des chemins atomiques est deux fois plus importante qu’au premier ordre.
La différence de champ magnétique entre les deux chemins atomiques est donc deux fois plus
grande pour un courant électrique donné. Nous avons vérifié cette propriété en faisant fonctionner
l’interféromètre au second ordre de diffraction et la figure (5.10) présente les résultats obtenus.

L’ajustement des points expérimentaux par la simulation numérique est obtenu en utilisant un
rapport de vitesse parallèle S‖ = 14,5. Nous vérifions ainsi que la sélectivité en vitesse de la diffrac-
tion de Bragg augmente avec l’ordre de diffraction. La perte de contraste fait intervenir le carré du
rapport de vitesse parallèle et S2

‖ passe donc de 81 à 210. La croissance importante de S2
‖ explique

que l’on puisse observer sensiblement deux fois plus de récurrences sur la courbe de visibilité. Ces
récurrences sont très bien décrites par l’effet Zeeman linéaire et se produisent pour des courants
électriques environ deux fois plus faibles qu’au premier ordre de diffraction : la première annula-
tion de la visibilité se produit pour un courant de 0,45 A et la première récurrence apparaît pour
1,4 A. La simulation numérique fournit les paramètres suivants :

Pour p = 2 J(7Li)
1 /Iel = 8,71 rad/A, J(7Li)

2 /I2
el = 0,037 rad/A2 (5.45)

La valeur de J1/Iel est pratiquement le double de celle obtenue à l’ordre 1. Nous attribuons
les écarts observés à notre modélisation approximative du champ magnétique et à l’incertitude sur
la détermination des quantités x0, u et S‖. Comme au paragraphe précédent, le terme quadratique
de l’effet Zeeman explique le comportement de la phase des interférences atomiques pour les
forts courants appliqués. Ces phases commencent à devenir importantes et atteignent quasiment π
radians pour le courant électrique maximal égal à 8,8 A.
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FIG. 5.10 – Influence d’un gradient de champ magnétique sur la visibilité et le déphasage des
franges atomiques observées en utilisant le second ordre de diffraction. Le jet atomique est pompé
optiquement dans le niveau hyperfin F = 1 du lithium 7.

5.3.4 Jet atomique de lithium 7 non pompé optiquement
La figure (5.11) présente les résultats obtenus pour un jet atomique de lithium 7 sans pompage

optique. Nous ne présentons que les mesures de la visibilité des franges atomiques. Dans ce cas,
la visibilité complexe des franges atomiques est donnée par la loi théorique obtenue à l’équation
(5.27-b) que l’on peut écrire sous la forme suivante :

V (7Li) =
V 0
8

(
2A(0) cos(J2)+4A(1) cos(

J1

2
)cos(

3J2

4
)+2A(2) cos(J1)

)
(5.46)

Les coefficients A(MF ), qui pondèrent le signal provenant des sous - niveaux hyperfins ±MF , dé-
crivent la décroissance de la visibilité causée par la distribution de vitesse du jet atomique.
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Ces coefficients sont donnés par :

A(0) ' exp[−(J2/S‖)2] ' 1

A(1) ' exp[−(J1/(2S‖))2]

A(2) ' exp[−(J1/S‖)2] (5.47)
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FIG. 5.11 – Influence d’un gradient de champ magnétique sur la visibilité des franges atomiques
sur un jet de lithium 7 sans pompage optique. La décroissance de la visibilité pour des champs
magnétiques élevés s’explique par le rôle par l’effet Zeeman quadratique: en l’absence de ce
terme quadratique, la visibilité devrait tendre vers une limite égale à V0/4 correspondant à la
contribution des deux sous - niveaux hyperfins de MF = 0 sur un nombre total de sous-niveaux
hyperfins égal à 8.

L’effet Zeeman linéaire permet de décrire très bien le comportement de la courbe de visibilité
dans la zone des champs magnétiques faibles, allant jusqu’à un courant de 4 A environ. Dans cette
zone, la visibilité complexe est de la forme :

V (7Li) =
V 0
8

(
2+4A(1) cos(

J1

2
)+2A(2) cos(J1)

)
(5.48)

Cette loi est très bien vérifiée dans notre expérience où l’on observe des récurrences et des annula-
tions de la visibilité s’accompagnant de sauts de phase de π pour la phase des franges atomiques.
Lorsque les termes d’amortissement liés à la dispersion de vitesse du jet ont pratiquement annulé
les contributions des niveaux MF 6= 0, la visibilité devrait tendre vers 1/4 de sa valeur initiale. Pour-
tant, nous observons une décroissance de la visibilité et ce comportement n’est donc pas explicable
par l’effet Zeeman linéaire.
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Cet effet peut se comprendre en observant les déphasages calculés dans la table (5.3). Le dé-
phasage du sous - niveau (F = 1, MF = 0) s’écrit en première approximation sous la forme du
terme quadratique J2 et le sous - niveau (F = 2, MF = 0) possède évidemment un déphasage op-
posé puisque ces deux niveaux sont couplés par le champ magnétique et qu’ils se repoussent de
manière symétrique. Par superposition de ces deux contributions, la visibilité s’écrit sous la forme
d’une fonction cosinus qui apparaît dans l’équation (5.46). La décroissance observée sur la courbe
de visibilité est ainsi la signature de l’effet Zeeman quadratique et le bon accord entre les points
de mesure et la simulation numérique permet de vérifier ce résultat. Un tel comportement signifie
qu’en appliquant des champs magnétiques d’intensité encore plus élevée, nous devrions obser-
ver de nouvelles récurrences de la visibilité, d’amplitude V0/4 et correspondant à l’effet Zeeman
quadratique des deux niveaux MF = 0. Cette observation devrait être possible même si le terme
quadratique ne suffit pas à décrire exactement l’effet Zeeman de ces deux niveaux, car ces deux
niveaux ont un exactement le même effet Zeeman, au signe près. Remarquons que la perte de vi-
sibilité pour les courants élevés n’était pas visible au paragraphe précédent: le pompage optique
faisait qu’un seul niveau de MF = 0 contribuait au signal et donc le fait que la phase de son signal
d’interférence varie à cause du terme quadratique de l’effet Zeeman n’entraînait pas de perte de
visibilité, tant que l’effet de dispersion de vitesse est négligeable.

Comparaison avec des travaux antérieurs aux nôtres

L’action d’un champ magnétique inhomogène dans un interféromètre à bras séparés a été étu-
diée par l’équipe de D. Pritchard sur le sodium [190] et par D. Giltner dans sa thèse sur le néon
métastable [163]. Dans les deux cas, les jets atomiques étudiés n’étaient pas pompés optiquement.
Dans ce paragraphe, nous calculons l’importance de l’effet Zeeman quadratique dans l’expérience
de D. Pritchard (Nous ne parlerons pas du néon car il n’existe pas d’effet Zemman quadratique
notable dans le néon, les deux isotopes naturels principaux 20Ne et 22Ne ayant un spin nucléaire
nul). Les relations établies pour l’atome de lithium 7Li restent valables pour l’atome de sodium
23Na car ces deux isotopes ont comme tous les alcalins, un état fondamental 2S1/2 et le même spin
nucléaire I = 3/2 donc les mêmes valeurs du moment cinétique hyperfin F = 1 et 2.

L’écart de structure hyperfine de l’atome de sodium 23Na vaut ∆E/h ' 1772 MHz, une valeur
environ deux fois plus élevée que pour l’atome 7Li pour lequel ∆E/h ' 803 MHz. Pour le même
champ magnétique, le terme quadratique de l’effet Zeeman quadratique est réduit par ce facteur
proche de deux. D’autre part, dans l’expérience de D. Prichard, la géométrie qui crée le champ
magnétique est très différente de la nôtre : un champ magnétique B0 (3 - 4 ×10−4 T), parallèle
à la trajectoire atomique, est appliqué puis les deux bras de l’interféromètre sont séparés par une
feuille de cuivre de dix micromètres d’épaisseur parcourue par un courant électrique qui circule
perpendiculairement au plan de l’interféromètre, ce qui crée un champ magnétique additionnel
proportionnel au courant et de sens opposé sur les deux bras de l’appareil. C’est cet arrangement
qui crée la différence du module du champ magnétique sur les deux bras de l’interféromètre. No-
tons au passage que ce montage expérimental semble plus délicat à réaliser et nous avons préféré
utiliser notre dispositif qui est beaucoup plus simple à construire.

L’expérience de D. Pritchard a été réalisée en partant de franges atomiques de visibilité V0 = 23
%. Le jet atomique a une distribution de vitesse plus étroite que dans notre expérience ce qui permet
d’observer nettement les sept premières récurrences et entre les récurrences les sauts de phase de π
sont bien mis en évidence pour les trois premiers intervalles entre les récurrences. Quand le courant
atteint sa valeur maximale, la visibilité des franges tend vers 5 %, soit une valeur sensiblement en



142 CHAPITRE 5. INTERACTIONS AVEC UN CHAMP MAGNÉTIQUE

accord avec le quart de sa valeur initiale, comme le prévoit la théorie tenant compte uniquement
de l’effet Zeeman linéaire qui est d’ailleurs développée dans cet article [190]. Nous avons estimé
le déphasage dû à l’effet Zeeman quadratique pour les niveaux MF = 0 et nous trouvons une valeur
de l’ordre de± 1 radian pour le courant maximum utilisé égal à 1 A. Il semble donc, que, bien que
le champ magnétique utilisé soit assez faible, voisin de 4 ×10−4 T, et que le sodium soit un cas
assez peu favorable à cause de la valeur de l’écart de structure hyperfine, le rôle de l’effet Zeeman
quadratique dans cette expérience ne soit pas complètement négligeable.

Compensation des gradients du champ magnétique B0

En juillet 2004, nous avons exploré de manière très précise la zone autour d’un courant élec-
trique nul. A cette occasion, nous avons constaté que la visibilité n’était pas maximale pour Iel =
0, mais pour une valeur légèrement différente de l’ordre de Iel = -40 mA.

D’après la théorie développée au paragraphe (5.2), la visibilité maximale est obtenue lorsque
l’intégrale du champ magnétique B a la même valeur sur les deux chemins atomiques, ou dit
autrement lorsque les gradients des champs magnétiques B0 et Bex se compensent globalement :
ceci signifie qu’un gradient de B0 dans une certaine zone de l’interféromètre peurt être compensé
par un gradient de Bex dans une autre zone. Le fait que la visibilité maximale est obtenue pour un
courant Iel 6= 0 montre que l’existence d’un petit gradient du champ magnétique B0 qui est donc
légèrement inhomogène. L’intensité de ce gradient reste faible puisque nous le compensons avec
un courant faible Iel,c = - 40 mA, mais nous avons tout de même observé des gains de visibilité
allant de 1 à 2 % au premier ordre de diffraction sur l’expérience menée en juillet 2004. Cette
augmentation de la visibilité est assez délicate à observer car nos mesures de visibilité sont réalisées
à environ 1 % près.

5.3.5 Jet atomique de lithium 6 non pompé optiquement
Nous avons également effectué des expériences en travaillant avec l’isotope 6Li de l’atome de

lithium de spin nucléaire I = 1, en choisissant la fréquence du laser formant les ondes stationnaires
de manière à diffracter essentiellement cet isotope (chapitre 4). Avec cet isotope, l’effet Zeeman
quadratique devrait être plus important encore car l’écart hyperfin ∆E des niveaux hyperfins de
l’état fondamental est beaucoup plus petit, ∆E/h = 228 MHz.

Nos mesures de visibilité sont représentées sur la figure (5.12). En l’absence de gradient de
champ, la visibilité mesurée vaut V0 = 48 % et l’intensité moyenne est égale à I0 = 4150 c/s.
La simulation fournit J1/Iel = 5,03 rad/A, une valeur légèrement supérieure à celle obtenue pour
l’isotope 7Li dont l’angle de diffraction est plus faible, et J2/I2

el = 0,0725 rad/A2, ce qui traduit
l’importance de l’effet Zeeman quadratique. La simulation a été réalisée en utilisant l’expression
de la visibilité complexe donnée par l’équation (5.27-a) :

V (6Li) =
V 0
6

(
4A(1/2) cos(

J1

3
)cos(

8J2

9
)+2A(3/2) cos(J1)

)
(5.49)

que l’on a réécrite pour prendre en compte les termes d’amortissement A(MF ) des sous - niveaux
hyperfins ±MF , associés à la dispersion de vitesse du jet atomique :

A(1/2) ' exp[−(J1/(3S‖))2]

A(3/2) ' exp[−(J1/S‖)2] (5.50)
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Les récurrences de la visibilité sont maintenant obtenues pour des courants électriques multiples de
3π/(J1/Iel)' 1,9 A, en bon accord avec la valeur mesurée. Nous vérifions ainsi expérimentalement
la différence de comportement entre les deux isotopes de l’atome de lithium dont le spin nucléaire
est différent. Ce résultat est une preuve directe que le signal observé provient bien du lithium 6 et
non du lithium 7.

Lorsque des courants électriques suffisamment intenses sont appliqués, la distribution de vitesse
du jet atomique amortit l’interférogramme créé par chaque sous - niveau hyperfin de sorte que les
franges atomiques sont complètement brouillées. Ce comportement est bien vérifié dans notre
expérience. L’effet Zeeman linéaire ne suffit plus pour décrire la courbe de visibilité dans cette
zone de courant. L’accord est meilleur lorsque l’on prend en compte l’effet Zeeman quadratique
mais l’écart entre les points de mesure et la simulation reste assez important. Nous attribuons cet
écart à notre modélisation simplifiée du champ magnétique ainsi qu’à la difficulté de mesurer très
précisément des visibilités aussi faibles que 5 % avec un flux moyen d’environ 4 000 c/s.
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FIG. 5.12 – Influence d’un gradient de champ magnétique sur la visibilité des franges atomiques
d’un jet d’atomes de lithium 6 non pompé optiquement. La courbe correspondant à l’effet Zeeman
linéaire (resp. quadratique) est représentée en gris (resp.noir). La courbe pointillée correspond à
la prise en compte de l’effet Zeeman sans approximation.

5.4 Conclusions
L’étude de l’effet Zeeman en interférométrie atomique a permis d’évaluer la grande sensibilité

de l’interféromètre aux gradients de champ magnétique. Avant nous, seules les équipes de D.
Pritchard et S.A. Lee avaient effectué une étude similaire sur un interféromètre à bras séparés.
Dans ces deux expériences, l’effet Zeeman linéaire suffisait à expliquer l’ensemble des mesures
réalisées et aucun pompage optique n’avait été mis en oeuvre.
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Dans notre expérience, l’effet Zeeman quadratique lié au découplage hyperfin est nécessaire
pour expliquer en détail le comportement mesuré de la visibilité et du déphasage des franges ato-
miques lorsque la bobine crée un champ magnétique supérieur à 10−3 T environ. L’importance
du terme quadratique de l’effet Zeeman avec des champs magnétiques de quelques 10−3 Tesla
s’explique par la faible valeur de l’écart hyperfin des deux isotopes de l’atome de lithium.

Nous avons réalisé plusieurs expériences correspondant à différentes configurations du jet ato-
mique et de l’interféromètre : interféromètre sélectionnant le lithium 7 qui est pompé optiquement
dans le niveau hyperfin F = 1, interféromètre sélectionnant le lithium 7 sans pompage optique,
interféromètre sélectionnant l’isotope 6Li sans pompage optique. Dans ces trois cas, l’accord avec
la description théorique est tout à fait satisfaisant et des arguments assez simples ont permis d’ex-
pliquer la plupart des effets observés.

Cette étude permet également d’évaluer l’importance des gradients de champ magnétique ré-
siduels dans l’interféromètre. Ces gradients sont très faibles, ils conduisent à une réduction de la
visibilité de seulement 1 à 2 % et peuvent être considérés comme négligeables. Le pompage op-
tique du jet atomique dans un niveau hyperfin magnétique MF = 0, qui est presque insensible aux
gradients de champ magnétique quand celui-ci reste de l’ordre du champ terrestre, n’est donc pas
nécessaire.

En présence d’un gradient de champ magnétique, le comportement de l’appareil de mesure s’est
révélé en accord avec les prédictions théoriques obtenues par effet Zeeman. Cette première utili-
sation de l’interféromètre équivaut à un test du bon fonctionnement de l’appareil de mesure. Bien
que les symétries de l’effet Zeeman et l’effet Lo Surdo - Stark soient différentes, les résultats de
ce chapitre illustrent déjà bien notre capacité à mesurer le déphasage induit par une perturbation et
nous pouvons donc envisager la mesure par interférométrie atomique de la polarisabilité électrique
de l’atome de lithium. C’est l’objet du prochain chapitre.



Chapitre 6

Polarisabilité de l’atome de lithium

La qualité de nos signaux d’interférence atomique permet de réaliser des mesures de grande
précision. Nous avons mesuré la polarisabilité statique électrique de l’atome de lithium en appli-
quant un champ électrique sur un seul des deux chemins atomiques. Cette expérience s’inspire de
celle mise au point par D. Pritchard dans le cas de l’atome de sodium [77].

La mesure de la polarisabilité électrique d’un atome est un cas particulièrement intéressant
d’application de l’interférométrie atomique car cette propriété ne peut pas être mesurée directement
par spectroscopie laser : la spectroscopie ne donne accès qu’à la mesure de la distance entre deux
niveaux d’énergie et non à la position absolue d’un niveau d’énergie. Seules les différences de
polarisabilité électrique sont donc mesurables par spectroscopie.

Plusieurs expériences d’interférométrie atomique sensibles à la polarisabilité électrique ont déjà
été réalisées :

• En appliquant un champ électrique homogène sur les deux chemins atomiques, il est possible
de mesurer la différence des polarisabilités entre l’état fondamental et un état excité, si l’interfé-
romètre utilise un processus de diffraction inélastique. Une expérience de ce type a été réalisée
en 1993 sur le magnésium par le groupe de Ertmer [79] et en 1996 sur le calcium par Morinaga
[80]. Dans ce cas, l’intérêt de l’interférométrie est sa forte sensibilité, ce qui permet une mesure en
champ électrique assez faible.

• D’autres expériences ont montré la sensibilité des interféromètres à atomes aux champs élec-
triques [66, 67, 194], en général avec une précision assez faible, à cause de l’usage de champs
électriques peu homogènes : Shimizu a ainsi observé des déplacements de franges et le groupe de
Mlynek a construit une sorte de biprisme de Fresnel en utilisant un fil chargé. Ces expériences
n’ont pas servi à une mesure précise de la polarisabilité car il est difficile de connaître le champ
électrique utilisé avec une précision suffisante.

• Pour réaliser une mesure très précise de la polarisabilité électrique d’un atome avec un inter-
féromètre atomique, il faut appliquer un champ électrique bien défini sur un seul chemin atomique.
Si le processus de diffraction est élastique, on mesurera la polarisabilité de l’état atomique unique
alors que, avec un processus inélastique, on mesurera successivement les polarisabilités de deux
états. Le condensateur nécessaire pour appliquer un champ électrique sur un seul chemin est de
construction complexe, car les deux chemins sont très proches. Jusqu’à maintenant, une telle ex-
périence n’a été réalisée que pour l’atome de sodium par D. Pritchard et ses collaborateurs [77].
Une expérience similaire a été menée en 2003 dans le groupe de J.P. Toennies sur l’hélium et le
dimère d’hélium [195] : ce travail, qui n’est pas publié, a permis de comparer les polarisabilités
électriques de l’atome et du dimère.
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Nous décrivons dans ce chapitre notre expérience de mesure de la polarisabilité électrique de
l’atome de lithium par interférométrie. Cette expérience est la première expérience de ce type ef-
fectuée au laboratoire, et malgré quelques petits défauts inhérents à cette première mesure, nous
avons obtenu de très beaux signaux d’interférométrie atomique et une excellente incertitude, voi-
sine de 7,2× 10−4 sur les mesures d’interférométrie atomique proprement dite. Les paramètres
décrivant le condensateur sont connus avec des incertitudes notablement plus grandes, de l’ordre
de 3,5× 10−3 et l’incertitude la plus importante concerne la vitesse moyenne du jet atomique,
déterminée avec une incertitude de 0,54× 10−2. Notre résultat final constitue la mesure la plus
précise à ce jour de la polarisabilité électrique de l’atome de lithium. La connaissance de cette
quantité physique est améliorée d’un facteur trois, l’incertitude finale étant maintenant de 0,66% :

αLi = (24,33±0,16)×10−30 m3 (6.1)

Il semble possible de progresser encore en réduisant les incertitudes sur la vitesse moyenne du
jet atomique et sur les paramètres décrivant le condensateur.

Le chapitre s’organise comme suit : la première partie rappelle la définition de la polarisabilité
électrique d’un atome puis dresse un historique des mesures de la polarisabilité de l’atome de li-
thium. Nous nous intéressons ensuite à la mesure de polarisabilité du lithium par interférométrie.
Après avoir décrit le principe de cette mesure, nous présentons le condensateur construit à Tou-
louse au paragraphe (6.3). La mesure du déphasage induit par effet Lo Surdo - Stark est l’objet
du paragraphe (6.4) et la mesure de la vitesse moyenne des atomes de lithium est effectuée au
paragraphe (6.5).

6.1 Introduction

6.1.1 Action d’un champ électrique statique et uniforme sur un atome
En présence d’un champ électrique statique et uniforme E, le Hamiltonien H0 d’un atome neutre

est modifié, et il faut rajouter le terme décrivant l’interaction du moment dipolaire p avec le champ
électrique :

H = H0− p ·E (6.2)

où le moment dipolaire est donné par p = ∑qiri. La somme s’étend sur toutes les particules i
(électrons et noyau) de charge qi et de position ri. Nous considèrerons des champs électriques
suffisamment peu intenses pour qu’un traitement en perturbation soit une bonne approximation.

Le Hamiltonien atomique en l’absence de champ électrique appliqué commute avec l’opérateur
parité totale, ce qui implique que les états propres ont en général une parité ε = ±1 bien définie.
Dans le cas du lithium dans un état (1s2, n, l, ml , s = 1/2, ms), la parité est donnée par ε = (−1)l .
L’opérateur moment dipolaire p est un opérateur impair et le terme −p ·E ne couple que des états
de parité opposée. De plus, l’opérateur p est un vecteur (donc un opérateur tensoriel de rang 1) et
agit seulement sur les variables d’espace. Dans le cas général, ses règles de sélection sont donc :

∆L = 0,±1 ; ∆S = ∆MS = 0 (6.3)

Seuls les états de parité opposée sont couplés. On voit donc que l’état fondamental (n = 2, l =
0, 2S1/2) de l’atome de lithium n’est couplé qu’aux états (n, l = 1, 2PJ). En l’absence de cou-
plage diagonal, le terme de perturbation au premier ordre est nul et le terme du second ordre est
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négatif, puisque tous les états perturbateurs sont d’énergie plus élevée. Le déplacement de l’état
fondamental, calculé au second ordre de perturbation, sera noté U et il est donné par :

U = ∑
n,J

∣∣〈2S1/2 |p ·E|n,2PJ
〉∣∣2

E(2S1/2)−E(n,2PJ)
(6.4)

U est évidemment proportionnel au carré du champ électrique et il est identique pour les deux sous
- niveaux Ms =±1/2 de l’état fondamental.

Définition de la polarisabilité d’un atome En désignant par ε0 la permittivité diélectrique du
vide, la polarisabilité électrique α0 de l’atome est alors définie par :

U =−1
2

α0E2 (6.5)

Sous l’effet du champ appliqué, les charges électriques présentes dans l’atome se redistribuent
et il apparaît un moment dipolaire induit p, comme l’illustre la figure (6.1). On peut calculer
la fonction d’onde perturbée au premier ordre en champ pour en déduire la valeur moyenne du
moment dipolaire dans l’état fondamental perturbé. Cette valeur moyenne est donnée par :

〈p〉= α0E (6.6)

FIG. 6.1 – Apparition d’un moment dipolaire induit 〈p〉 sous l’action d’un champ électrique
extérieur E. La distribution de charge obtenue pour E = 0 s’étire sous l’action du champ électrique
et le centre de la distribution des électrons s’écarte du noyau, donnant naissance à un moment
dipolaire induit.

La polarisabilité électrique α0 s’exprime en C.m2.V−1. On préfère utiliser la polarisabilité vo-
lumique α, homogène à un volume, qui est reliée à la polarisabilité α0 par la relation :

α = α0/(4πε0) (6.7)

Nous utiliserons dorénavant la définition de l’équation (6.7) de la polarisabilité en exprimant
les valeurs numériques de cette quantité en m3. Le déplacement de l’état fondamental est donc :

U =−2πε0αE2 (6.8)

D’autres unités sont parfois utilisées notamment en chimie théorique où la polarisabilité α0
est exprimée en unités atomiques. Si a0 = 0,529177× 10−10 m désigne le rayon de Bohr, les
polarisabilités α et α0 sont reliées par la relation suivante α(m3) = α0(u.a.) × a3

0.
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Intérêt de la mesure de polarisabilités atomiques La connaissance de la polarisabilité d’un
atome est particulièrement intéressante car cette quantité intervient dans un grand nombre de gran-
deurs physiques. Nous ne donnerons ici que quelques exemples, le lecteur intéressé pouvant se
référer à l’article de Th. Miller dans Handbook of Chemistry and Physics [103] ou au livre de K.D.
Bonin et V.V. Kresin "Electric - dipole polarizabilities of atoms, molecules and clusters" [196]. La
polarisabilité d’un atome peut par exemple être utilisée en physique des collisions où la constante
de Van der Waals C6 entre deux atomes A et B s’exprime approximativement en fonction des po-
larisabilités statiques des deux atomes [98, 138]. L’interaction à grande distance entre un atome et
une particule chargée est donnée par le potentiel charge - dipôle induit qui est directement propor-
tionnel à la polarisabilité de l’atome. La polarisabilité intervient également dans l’expression de
la section efficace de diffusion Rayleigh ou encore lors de l’étude de l’effet Casimir - Polder. En-
fin, la connaissance d’une polarisabilité atomique semble une étape préalable importante avant de
mesurer la polarisabilité d’agrégats et ce sujet a connu ces dernières années un essor remarquable
(voir la référence [197] pour les agrégats de lithium).

Compléments Nous n’avons considéré ici que la polarisabilité statique : on peut généraliser sa
définition à un champ oscillant de pulsation ω. Tant que h̄ω est petit devant l’énergie nécessaire
pour exciter l’atome, la polarisabilité diffère peu de sa valeur statique. Dans tout ce paragraphe,
nous avons oublié le spin nucléaire, qui ne joue aucun rôle direct dans la polarisabilité électrique.
Quand on inclut les spins nucléaires dans le calcul, on prévoit une faible dépendance de la pola-
risabilité avec le sous-niveau hyperfin, les corrections étant de l’ordre d’un écart hyperfin sur une
énergie électronique. Cette correction sera discutée plus loin.

6.1.2 Aspect historique

L’histoire de la mesure de cette grandeur commence en 1901 lorsque le physicien W. Voigt
prédit l’existence d’un analogue électrique à l’effet Zeeman [198]. En 1913, A. Lo Surdo [199] et
J. Stark [200] observèrent séparément la levée de dégénérescence de niveaux d’énergies atomiques
en appliquant un champ électrique. Les mesures spectroscopiques donnent accès à la différence de
polarisabilité électrique des deux états impliqués dans la transition observée, mais ces mesures ne
permettent pas de mesurer le déplacement énergétique d’un état par rapport à sa position en champ
nul.

Premières mesures de polarisabilité atomique

Les premières mesures de la polarisabilité des atomes datent du début du XXieme siècle. A cette
époque, la mesure était réalisée de manière indirecte en déterminant des constantes diélectriques
(E. Hochheim, 1908 [201]) ou des indices de réfraction (C. Cuthbertson, 1911 [202]). Pour un
gaz dilué, la relation entre polarisabilité et constante diélectrique εr est donnée par la formule de
Clausius - Mossotti :

α =
3

4πn

(
εr−1
εr +2

)
(6.9)

où n désigne la densité du gaz. Cette méthode s’est révélée très adaptée pour mesurer la pola-
risabilité électrique de gaz rares dilués et elle est encore utilisée de nos jours pour mesurer la
polarisabilité de ces atomes.
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La méthode par déflexion électrostatique

Une méthode de mesure directe de la polarisabilité électrique est d’observer la déflexion d’un jet
atomique ou moléculaire collimaté à travers un champ électrique inhomogène. Lorsque le champ
électrique est dirigé selon un axe z, la force exercée sur l’atome par le champ s’écrit :

Fel = αE
(

dE
dz

)
(6.10)

On trouvera une description de ce genre d’expériences dans le chapitre X du livre Molecular Beams
de N.F. Ramsey [19]. La conception du déflecteur électrostatique doit créer un champ et un gra-
dient de champ tels que la déflexion soit homogène sur un volume suffisant pour l’expérience. La
déflexion électrostatique des atomes variant comme v−2, où v désigne la vitesse de l’atome, l’in-
certitude sur la connaissance de la distribution de vitesse des atomes constitue la cause dominante
d’erreur dans la détermination de α.

Dès 1934, H. Scheffers et J. Stark [203] ont mesuré la polarisabilité d’atomes alcalins en me-
surant la déflexion du jet atomique en utilisant un détecteur à fil chaud. Cette mesure constitue la
première mesure de la polarisabilité électrique de l’atome de lithium. Elle a conduit à une valeur
αLi = (12±0,6)×10−30 m3, qui se révèlera beaucoup trop faible. L’erreur de cette mesure semble
provenir du fait que la distribution réelle de vitesse du jet atomique de lithium n’était pas bien
décrite par la théorie.

Ce travail pionnier a conduit à chercher à mieux connaître la dispersion de vitesse des atomes
et en 1963, G.E. Chamberlain et J.C. Zorn [204] mesurèrent la polarisabilité de l’atome de lithium
avec une précision de 6,8 % correspondant à αLi = (22,0±1,5)×10−30 m3.

La déflexion électrostatique constitue encore l’une des rares déterminations expérimentales de
la polarisabilité de certains atomes comme l’atome d’hydrogène, mesurée en 1936 par H. Scheffers
et J. Stark [205, 206]. Cette technique est actuellement utilisée sur les agrégats d’atomes et de
molécules éventuellement complexes et elle fournit alors un test intéressant de la structure de
l’agrégat [197].

La méthode "E - H gradient balance"

Cette méthode, proposée pour la première fois par B. Berderson en 1961, consiste à compenser
l’action de la force de déflexion électrostatique par une force magnétique, résultant de l’interaction
d’un moment dipolaire magnétique avec un gradient de champ magnétique. Les pièces polaires
l’électro-aimant à fer sont les électrodes du condensateur et ceci assure qu’en l’absence de satura-
tion de l’aimantation du fer, les champs E et B sont proportionnels. L’expérience consiste alors à
ajuster l’intensité relative de ces champs de manière à ce que les forces électriques et magnétiques
soient exactement opposées pour un niveau (F,MF) :

αLiE
(

∂E
∂z

)
=−µ(MF)

(
∂B
∂z

)
(6.11)

µ(MF) désignant le moment dipolaire magnétique de l’atome dans le sous - niveau MF . Lorsque
Ez(∂Ez/∂z) = Bz(∂Bz/∂z), la condition (6.11) peut être réécrite sous la forme :

αLi E2 = µ(MF)B (6.12)
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L’expérience est réalisée pour un champ magnétique B fixé, en balayant le champ électrique E
et en observant les atomes non défléchis. Des pics de résonance, correspondant aux divers niveaux
(F,MF) apparaissent lorsque la condition (6.11) est satisfaite, et la mesure de la polarisabilité
est déduite de celle des champs électrique et magnétique et du moment dipolaire magnétique.
L’avantage de cette méthode est qu’elle ne dépend pas de la vitesse de l’atome. En contre - partie,
la barre d’erreur est dominée par la mesure de l’intensité des champs électrique et magnétique
appliqués et de leur gradient.

Cette méthode a été appliquée pour la première fois en 1961 par A. Salop et B. Bederson,
qui ont ainsi obtenu pour la polarisabilité la valeur αLi = (20,0± 3,0)× 10−30 m3 [207]. Dans
cette expérience, le champ magnétique était déduit de la connaissance de la valeur du champ pour
laquelle µ(MF) = 0.

En 1974, B. Bederson améliora la précision sur la détermination de la polarisabilité des alcalins
en comparant dans le même appareil la polarisabilité de l’atome à mesurer et celle de l’état méta-
stable 3S1 de l’hélium, qui avait été calculée avec une très bonne précision par Chung et Hurst en
1966 [208]. Lorsque le même champ magnétique est utilisé pour satisfaire la condition d’équilibre
(6.11) pour l’atome alcalin et l’atome de référence, la polarisabilité de l’atome alcalin (du lithium
en l’occurrence) est de la forme :

αLi = αr

[
µ(MF)

µr

](
Vr

V

)2

(6.13)

en désignant par αr, µr et Vr la polarisabilité électrique, le moment magnétique et le potentiel
électrique correspondant à l’atome de référence. Cette méthode, qui permet de s’affranchir de la
plupart des effets systématiques sur la mesure de αLi, constitue la détermination expérimentale
la plus précise à ce jour de la polarisabilité électrique de l’atome de lithium. B. Bederson et ses
collaborateurs ont ainsi obtenu une précision de 2,1 % [209]:

αBederson
Li = (24,3±0,5)×10−30 m3 (6.14)

Effet de la structure hyperfine sur la polarisabilité électrique du lithium

La dépendance de la polarisabilité électrique avec les sous - niveaux hyperfins a été étudiée sur
le plan théorique, en particulier par U. Kaldor [210]. Sur les alcalins, il est possible de mesurer avec
une excellente précision le déplacement relatif de deux niveaux hyperfins (F = I + 1/2,MF = 0)
et (F = I − 1/2,MF = 0) en mesurant la fréquence de la transition (qui est celle des horloges
atomiques) en fonction du champ électrique appliqué. Cette mesure a été faite pour tous les alcalins
par R. Mowat [211], qui donne, pour l’atome 7Li, un déplacement de cette fréquence égal à :

δ f =−0,061(2)×10−10 E2 Hz (6.15)

où le champ E est mesuré en V/m. Il est facile de convertir cette quantité pour en déduire la
différence relative entre les polarisabilités électriques des deux niveaux :

α(F = 2,MF = 0)−α(F = 1,MF = 0)
αLi

=−0,30×10−5 (6.16)

Nous pouvons considérer que ces deux niveaux hyperfins ont la même polarisabilité avec une
excellente approximation.
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Déterminations théoriques de la polarisabilité du lithium

Des caluls sont réalisés dès 1960 avec des résultats déjà assez précis: Chamberlain et Zorn citent
ainsi les valeurs suivantes de la polarisabilité du lithium : αLi = 25,0× 10−30 m3, obtenue par D.
Parkinson [212] et αLi = 24,9×10−30 m3 obtenue par R.M. Sternheimer [213].

Depuis, de très nombreux calculs de chimie quantique ont donné une valeur théorique de la
polarisabilité électrique de l’atome de lithium. La figure (6.2) rassemble les différentes valeurs
que nous avons trouvées dans la littérature publiées entre 1990 et 2000, mais cette liste n’est
certainement pas exhaustive. A quelques exceptions près, ces valeurs sont toutes situées autour de
la valeur de 24,3×10−30 m3. Il serait intéressant de pouvoir discriminer entre ces différents calculs
théoriques, et pour cela, l’expérimentateur devra parvenir à une précision sur la mesure de αLi de
0,05 ×10−30 m3, correspondant à une incertitude de seulement 0,2 %.
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FIG. 6.2 – Calculs théoriques de la polarisabilité électrique statique du lithium αLi. Les références
des articles sont les suivantes : 1 [214], 2 [215], 3 [216], 4 [217], 5 [218], 6 [219], 7 [220], 8
[221], 9 [222], 10 [223], 11 [224], 12 [225], 13 [226], 14 [227], 15 [228], 16 [229], 17 [230],
18 [231], 19 [232], 20 [233], 21 [217], 22 [234].

6.2 Principe de la mesure interférométrique
Nous allons montrer comment l’application d’un champ électrique statique sur un seul des deux

chemins atomiques dans l’interféromètre permet la détermination de la polarisabilité électrique.

6.2.1 Déphasage induit par un champ électrique
Une mesure très précise de la polarisabilité d’un atome peut être obtenue en utilisant un inter-

féromètre à diffraction élastique, en appliquant un champ électrique bien défini sur un seul chemin
atomique. Comme nous l’avons dit dans l’introduction, une telle expérience n’a été réalisée que
pour l’atome de sodium par D. Pritchard et ses collaborateurs en 1995 [77]. Une expérience si-
milaire a été menée en 2003 dans le groupe de J.P. Toennies avec l’atome d’hélium et son dimère
[195] mais ce travail n’est toujours pas publié.
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Lorsque l’atome pénètre dans le champ électrique E, la diminution d’énergie de son état fonda-
mental se traduit par une augmentation de son énergie cinétique et le vecteur d’onde atomique k
devient :

k =
√

k2
0−2mU/h̄2 ' k0−U/(h̄v) (6.17)

k0 désignant la norme du vecteur d’onde atomique en l’absence de champ électrique et v représen-
tant la vitesse de l’atome. Si le champ électrique n’est appliqué que sur un seul des deux chemins
atomiques dans l’interféromètre, cette modification du vecteur d’onde entraîne un déphasage des
franges atomiques :

φ =− 1
h̄v

Z
U(`)d` (6.18)

où l’intégration de la perturbation est effectuée le long de la trajectoire classique de l’atome, d’abs-
cisse curviligne `. En utilisant la relation (6.4), il vient :

φ =
2πε0α

h̄v

Z
E2(`)d` (6.19)

Une mesure très précise de polarisabilité électrique peut ainsi être déduite de la mesure égale-
ment très précise de trois quantités : le déphasage φ de l’interférogramme, l’intégrale du carré du
champ électrique appliqué et la mesure de la vitesse v de l’atome.

6.2.2 Polarisabilité de l’atome de sodium par interférométrie atomique

Le dispositif expérimental utilisé dans l’équipe de D. Pritchard est représenté sur la figure (6.3)
tirée de la thèse de C.R. Ekström [235] ou de l’article associé [77].

FIG. 6.3 – Dispositif expérimental utilisé dans l’équipe de D. Pritchard pour la mesure de po-
larisabilité du sodium [77]. En haut de la figure, on peut voir une représentation schématique de
l’interféromètre, en bas la géométrie du condensateur, et à droite les signaux d’interférence.
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Le condensateur électrostatique La partie centrale du dispositif est un condensateur représenté
au bas de la figure en vue de dessus. Une électrode très fine (feuille de cuivre de 10 micromètres
d’épaisseur) est insérée entre les deux chemins atomiques qui sont ainsi séparés spatialement afin
de n’appliquer le champ électrique que sur un seul des deux chemins atomiques. Cette électrode
est appelée "septum" (mot d’origine latine, utilisé en anatomie et en biologie cellulaire pour dési-
gner la membrane ou cloison qui sépare deux entités). Le champ électrique est appliqué sur une
distance définie par la présence d’électrodes de garde collées sur l’électrode de potentiel : la pré-
sence de ces électrodes de garde évite que le champ de fuite sorte du condensateur aux deux bouts
et cette précaution minimise l’incertitude sur la connaissance du champ électrique appliqué. Des
entretoises ou "spacers" sont fixées entre la feuille de cuivre et l’électrode externe à laquelle un
potentiel électrique V = V0 est appliqué, le septum et les électrodes de garde étant maintenus au
potentiel V = 0. L’intégrale du carré du champ électrique appliqué est calculée en introduisant la
longueur effective Le f f du condensateur qui prend en compte les effets de bords, définie par :

Z
E2(`)d` =

(
V0

h

)2

Le f f (6.20)

où h désigne l’épaisseur du condensateur. D’après C.R. Ekstrom, la longueur effective du conden-
sateur est connue avec une précision de 0,08 % et l’incertitude sur la géométrie du condensateur
conduit à une incertitude de 0,25 % sur la polarisabilité de l’atome.

Mesures de déphasage de l’interférogramme Lors de la mesure, la visibilité des franges ato-
miques est voisine de 35 % (figure (6.3), partie droite) et une incertitude sur la mesure de phase de
10 milliradians a été obtenue au bout d’une minute d’acquisition, ce qui correspond à un bruit de
phase de 77 mrad/

√
Hz. La figure (6.4) montre les déphasages induits par effet Lo Surdo - Stark

en fonction de la tension appliquée sur le condensateur. L’ajustement de ces points expérimentaux
conduit à une erreur statistique de 0,15 % sur la polarisabilité de l’atome de sodium.

FIG. 6.4 – Mesure du déphasage induit par effet Lo Surdo - Stark réalisée par l’équipe de D. Prit-
chard: les déphasages induits sont mesurés pour cinq valeurs positives et cinq valeurs négatives
de la tension V0 appliquée sur le condensateur [77].
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Conclusions sur la mesure de polarisabilité du sodium La vitesse des atomes est déduite d’un
profil de diffraction et l’erreur sur la mesure est estimée à 0,12 % et conduit à des erreurs statis-
tiques de 0,25 %. La polarisabilité du sodium, déduite de l’équation (6.19), vaut par conséquent :

αNa = 24,08(5)stat(7)syst ×10−30m3 (6.21)

Cette mesure date de 1995 et depuis aucune autre mesure n’a été effectuée malgré des dévelop-
pements nombreux et variés qui figurent dans la thèse de T. Roberts [109] effectuée aussi au M.I.T.
sous la direction de D. Pritchard. Ces travaux portent notamment sur la mise au point de techniques
permettant d’éliminer les effets de dispersion de vitesse sur la mesure du déphasage [186]. Nous
avons remarqué un point important souligné par T. Roberts dans sa thèse (page 122): il note que
la contribution des dimères Na2 présents dans le jet atomique n’a pas été prise en compte dans la
mesure de polarisabilité effectuée en 1995. Comme l’interféromètre utilisé par cette équipe utilise
des réseaux matériels, les dimères sont également diffractés et participent par conséquent au si-
gnal d’interférence, dans la mesure où ils ne sont pas arrêtés par le septum. D’après T. Roberts,
le scénario le plus probable est le suivant : 10 % of the 40 µm wide (FWHM) molecule beam got
past both sides of the septum to interfere at the detector. This would result in a 2 % intensity of
molecules in the fringe, causing an error of order 2 % in the phase and hence the polarizability.
Cette remarque met donc en doute que la précision affichée en 1995 ait été réellement atteinte.
Nous ne pouvons bien sûr pas commenter cette critique mais nous pouvons remarquer qu’un tel
effet n’existe pas dans notre interféromètre où toute autre espèce chimique que l’isotope 7Li a une
probabilité extrêmement faible d’être diffractée et donc de contribuer au signal d’interférence.

6.3 Le condensateur électrostatique
Dans cette partie, nous décrivons le condensateur construit à Toulouse. De conception proche

de celui de D. Pritchard, il en diffère par divers points et nous montrerons que ces améliorations
sont importantes pour obtenir une très bonne connaissance du champ électrique appliqué.

6.3.1 Conception du condensateur
La conception du condensateur doit permettre de connaître très précisément le champ électrique

le long de l’un des deux chemins atomiques. La figure (6.5) schématise notre condensateur et
définit nos notations. Au premier ordre de diffraction atomique, les deux bras de l’interféromètre
sont deux faisceaux quasi - parallèles, de largeur à mi - hauteur voisine de 30 micromètres et
dont les axes sont séparés de 100 micromètres à hauteur de la seconde onde laser stationnaire. La
séparation des deux chemins atomiques est réalisée à l’aide du septum qui sera formé d’une feuille
Mylar métallisé sur les deux faces et de quelques micromètres d’épaisseur. Le septum forme la
première électrode du condensateur et la deuxième électrode est située en regard de la première
à une distance h de celle - ci, définie par des entretoises. Notre cellule de mesure est construite
de manière symétrique, avec deux condensateurs de ce type, de manière à pouvoir appliquer la
perturbation électrique sur l’un ou l’autre des deux chemins atomiques.

Le rôle des électrodes de garde a été souligné par D. Pritchard et ses collaborateurs : elles ont
pour fonction de limiter les effets de bords et les mesures les plus précises de la polarisabilité du
sodium ont été obtenues sur un condensateur muni d’électrodes de garde. Il semble que l’idéal
serait de disposer d’électrodes de garde sur chacune des électrodes du condensateur mais il est
assez difficile de dessiner et de bien positionner des électrodes de garde sur le septum.



6.3. LE CONDENSATEUR ÉLECTROSTATIQUE 155

FIG. 6.5 – Schéma de la cellule de mesure de polarisabilité construite à Toulouse. Les deux
chemins atomiques sont séparés par le septum, et chacun des deux condensateurs (un sur chaque
bras de l’interféromètre) est muni d’électrodes de garde situées dans le plan de l’électrode externe.
Le potentiel V0 est appliqué entre les deux électrodes de garde qui sont distantes de 2a. La vue de
droite montre le condensateur vu par un observateur situé sur l’axe z et cette vue permet de voir
les entretoises isolantes.

Les électrodes de garde sont portées au même potentiel V = 0 que le septum et ces deux élec-
trodes sont situées à l’entrée et à la sortie du condensateur, de part et d’autre de l’électrode portée
au potentiel V0. La distance entre les électrodes de garde est notée 2a. A la différence de l’expé-
rience de D. Pritchard [77], mais nous avons choisi de placer ces électrodes dans le même plan que
l’électrode principale portée au potentiel V0. Nous allons voir que ce choix permet de calculer le
champ électrique de manière analytique.

6.3.2 Calcul du champ électrique créé par le condensateur

Notre conception du condensateur permet de calculer analytiquement le champ électrique créé.
Nous commençons par montrer que le problème se réduit à un problème à deux dimensions avant
de calculer le potentiel puis le champ électrostatique créé.

1. Passage d’un problème tridimensionnel à un problème à deux dimensions

Du point de vue électrostatique, les entretoises de notre condensateur forment un milieu diélec-
trique de permittivité relative εr > 1. Lorsqu’un milieu diélectrique de permittivité relative εr > 1
est introduit dans un condensateur plan, les lignes de champ électrique sont distordues et concen-
trées vers le milieu diélectrique (expérience réalisée pour la première fois par M. Faraday). On
peut craindre qu’un tel effet vienne perturber la géométrie des lignes de champ électrique dans
notre condensateur mais cet effet n’existe pas lorsque le milieu diélectrique remplit complètement
l’espace existant entre les deux électrodes.

D’après la figure (6.5), les entretoises remplissent complètement la zone de l’espace pour la-
quelle |y|> y0, le reste du condensateur qui correpond à |y|< y0 étant placé dans le vide (εr = 1).
Désignons par V (respectivement V1) le potentiel électrique obtenu pour |y| < y0 (respectivement
|y|> y0). A l’interface entre les deux milieux diélectriques, la composante tangentielle du vecteur
champ électrique E et la composante normale du vecteur D = ε0εrE sont conservées.
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Dans les plans |y|= y0, ces équations de continuité s’écrivent:

V = V1 et
(

∂V
∂y

)
= εr

(
∂V1

∂y

)
(6.22)

Le potentiel électrostatique est solution de l’équation de Laplace et cette solution, si elle existe,
est unique car les conditions aux limites sont précisées. Nous allons voir au prochain paragraphe
qu’une solution de la forme V (x,z) existe dans le condensateur. Ainsi, si l’on impose V (x,z) = V1,
cette solution satisfera aux deux équations de continuité aux extrémités du diélectrique dans les
plans |y| = y0, de sorte que la détermination du potentiel électrique peut s’effectuer dans le plan
(x,z) de l’interféromètre.

2. Potentiel électrique V (x,z) dans le condensateur

Le potentiel électrostatique V (x,z) créé dans le condensateur est solution de l’équation de
Laplace ∆V (x,z) = 0 et les conditions aux limites, imposées par la géométrie du condensateur,
s’écrivent, en supposant les électrodes de garde de longueur infinie :

sur le septum V (x = 0,z) = 0 (6.23-a)
sur l’électrode V (x = h,z) = V0 pour |z|< a (6.23-b)

= 0 pour |z|> a (6.23-c)

Afin d’effectuer le calcul analytique le plus simple, nous supposons que la transition entre élec-
trode de potentiel et électrode de garde s’effectue de manière discontinue et la validité de cette
approximation sera discutée au paragraphe (6.3.4). Pour déterminer l’expression de V (x,z), nous
commençons par calculer la transformée de Fourier Ṽ (k) de la fonction V (x = h,z) définie par :

Ṽ (k) =
1√
2π

Z +∞

−∞
V (x = h,z)exp(−ikz)dz (6.24)

ce qui donne Ṽ (k) =
2V0√

2π
× sin(ka)

k
(6.25)

On va rechercher la solution de l’équation de Laplace sous la forme de somme de produits de
fonctions à variable séparée f (x)g(z) des variables x et z. Quand k varie de−∞ à +∞, les fonctions
g(z) = exp(ikz) forment une base de fonctions de z et les fonctions f (x) associées à cette fonction
g(z) sont les deux fonctions f (x) = exp(±kx). Il suffit d’introduire les conditions aux limites (6.23-
a) et (6.23-b) et la connaissance de Ṽ (k) pour obtenir l’expression du potentiel V (x,z) en n’importe
quel point de l’espace :

V (x,z) =
1√
2π

Z +∞

−∞
Ṽ (k)

sinh(kx)
sinh(kh)

exp(ikz)dk (6.26)

La figure (6.6) montre les équipotentielles obtenues en calculant numériquement le potentiel
électrostatique à l’aide d’un programme d’intégration écrit sous Mathematica 3.0. Nous allons
voir que les atomes passent très près du septum et dans cette zone, le champ devant le septum,
avec x¿ h, n’est quasiment pas sensible aux effets de bords dûs à la discontinuité introduite pour
le potentiel dans le plan x = h.
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FIG. 6.6 – Courbes équipotentielles dans le condensateur. Le potentiel est nul partout sauf dans
l’interface entre l’électrode de potentiel V0 et la feuille qui sépare les deux chemins atomiques.
Dans cette zone, son intensité est exprimée en pourcentage de l’intensité du potentiel V0.

3. Champ électrique E(x,z) dans le condensateur

Nous souhaitons déterminer l’intégrale du carré du champ le long de la trajectoire classique de
l’atome. Cette intégrale vaut :

Z
E2(`)d` =

Z
(E2

x +E2
z )d` (6.27)

Les composantes Ex et Ez du champ électrique en n’importe quel point de l’espace sont obtenues
par dérivation du potentiel V (x,z) donné par l’équation (6.26). Dans notre expérience, le conden-
sateur est placé juste avant la seconde onde laser stationnaire, à un endroit où les deux chemins
atomiques sont séparés d’une distance légèrement inférieure à 100 micromètres quand on utilise le
premier ordre de diffraction, et le septum est intercalé entre ces deux chemins atomiques. En pre-
mière approximation, nous pouvons donc considérer que l’onde atomique interagit avec le champ
électrique quasiment sur la surface du septum, à une distance de l’ordre de quelques dizaines de
micromètres très petite devant la distance h ≈ 2 millimètres. Dans un premier temps, nous allons
donc calculer l’intégrale (6.27) sur la surface du septum.

Le champ électrique est normal à cette surface, c’est à dire parallèle à l’axe x. L’intégrale (6.27)
Le et le champ électrique Ex(x = 0,z) à la surface du septum s’écrivent respectivement :

Z +∞

−∞
E2(`)d` =

Z +∞

−∞
E2

x (x = 0,z)dz (6.28)

Ex(x = 0,z) =
1√
2π

Z +∞

−∞
Ṽ (k)g̃(k)exp(ikz)dk (6.29)

où l’on a posé g̃(k) = k/sinh(kh). Ce champ apparaît sous la forme de la transformée de Fourier
inverse du produit de deux fonctions Ṽ (k) et g̃(k). Ainsi, le champ électrique sur le septum est
la convolution des transformées de Fourier inverses des fonctions Ṽ (k) et g̃(k), c’est à dire la
convolution de la fonction V (x = 0,z) par la fonction g(z) définie par :

g(z) =
1√
2π

Z +∞

−∞

k
sinh(kh)

exp(ikz)dk (6.30)
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En utilisant le livre Tables of integrals, series and products de I.S. Gradshteyn and I.M. Ryzhik
[236], (équation 6, paragraphe 4.111, page 511), nous obtenons l’expression de la fonction g(z) :

g(z) =
(π/2)3/2

h2 cosh2 (πz
2h

) (6.31)

On peut exprimer le champ partout sur le septum et on déduit de ce résultat que le champ électrique
sur la surface du septum décroît asymptotiquement comme exp(−π|z|/h) lorsque |z|> a. Comme
ce résultat est important pour connaître la longueur effective du condensateur, nous avons effectué
une simulation numérique sous Mathematica 3.0 du champ et nous avons comparé sur la figure
(6.7) le résultat de la simulation et le résultat analytique pour le champ électrique Ex(x = 0,z)
lorsque h = 2,0 mm, 2a = 50,0 mm.
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FIG. 6.7 – Simulation numérique du champ électrique Ex(x = 0,z) à la surface du septum le long
de l’axe z de propagation de l’onde atomique. La simulation est réalisée pour h = 2,0 mm et on
vérifie la décroissance exponentielle du champ avec une pente égale à π/h pour |z|> a.

4. Longueur effective du condensateur

La décroissance du champ électrique Ex(x = 0,z) avec la position z pour |z| > a réduit la lon-
gueur du condensateur à une valeur inférieure à la distance 2a qui sépare les électrodes de garde
situées à l’entrée et à la sortie de la cellule. Pour caractériser cet effet, nous introduisons comme
dans la référence [77], la longueur effective du condensateur Le f f , définie par :

Z +∞

−∞
E2

x (x = 0,z)dz =
(

V0

h

)2

Le f f (6.32)

Cette longueur effective peut être évaluée en utilisant le théorème de Parseval - Plancherel qui
exprime l’égalité de l’intégrale du carré du champ électrique lorsqu’on la calcule dans l’espace de
Fourier et dans l’espace réel. La transformée de Fourier du champ Ex(x = 0,z) vaut :

Ẽ(k) = Ṽ (k)× k/sinh(kh) (6.33)
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où la fonction Ṽ (k) est donnée par l’équation (6.25). L’intégrale du carré de Ẽ(k) s’obtient en
utilisant la référence [236] (équation 4, paragraphe 3.986, page 506), de sorte que la longueur
effective du condensateur est de la forme :

Le f f = 2a
[

coth(
πa
h

)− h
πa

]
' 2a[1− h

πa
] (6.34)

Le résultat approximé est obtenu en négligeant de petites corrections de l’ordre de exp(−2πa/h).
Ces corrections sont totalement négligeables dans notre expérience : avec h ≈ 2 mm, a≈ 25 mm,
l’argument de l’exponentielle est −2πa/h≈−78.

Dépendance de Le f f avec la distance à la surface du septum En réalité, l’onde atomique n’in-
teragit pas avec le champ électrique du condensateur sur la surface du septum, mais à une faible
distance de celle - ci, de l’ordre de 50 µm dans notre expérience et nous devons calculer l’inté-
grale du carré du champ électrique le long de la trajectoire classique moyenne de l’atome. En toute
rigueur, cette trajectoire n’est pas exactement parallèle à la surface du septum mais le calcul est
plus facile à réaliser le long d’une trajectoire à x constant. Les équations de Maxwell div(E) = 0
et rot(E) = 0 permettent de calculer les premiers termes correctifs lorsque la distance au septum
n’est pas nulle :

Ex(x,z) ' Ex(x = 0,z)− x2

2
×

(
∂2E
∂z2

)

x=0
(6.35-a)

Ez(x,z) ' x
(

∂E
∂z

)

x=0
(6.35-b)

L’intégrale du carré du champ électrique est obtenue après une intégration par parties du carré
de l’équation (6.35-a) :

Z +∞

−∞

(
E2

x (x,z)+Ez(x,z)2) dz =
Z +∞

−∞
E2

x (x = 0,z)dz + 2x2
(Z +∞

−∞
(
∂E
∂z

)2
x=0 dz

)
(6.36)

où seuls les termes correctifs en x2 sont correctement calculés. Nous voyons que l’intégrale du
carré du champ électrique varie de manière lente, comme x2 losque x est petit (x¿ h) et ce résultat
est important car nous ne connaissons pas précisément la distance des atomes au septum. Nous
pouvons calculer le premier terme correctif analytiquement par transformation de Fourier en utili-
sant le théorème de Parseval - Plancherel. Posons h(x) = (∂E/∂z)x=0. La transformée de Fourier
de la fonction h s’écrit : h̃(k) =−ikẼ(k) et le premier terme correctif est de la forme :

Z +∞

−∞
(
∂E
∂z

)2
x=0 dz =

Z +∞

−∞
k2Ẽ2(k)dk (6.37)

En explicitant l’expression de Ẽ(k) grâce aux équations (6.25) et (6.33), nous obtenons l’expres-
sion du premier terme correctif, en utilisant la référence [236] (page 353) :

x2
(Z +∞

−∞
(
∂E
∂z

)2
x=0 dz

)
=

(
V0

h

)2

× 2πx2

h

[
1
3
− πa/hcoth(πa/h)−1

2sinh2(πa/h)

]
(6.38)
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En négligeant les termes qui sont toujours de l’ordre de exp(−2πa/h), nous obtenons l’expres-
sion finale de la longueur effective du condensateur :

Le f f = 2a− 2h
π

+
2πx2

3h
(6.39)

Le terme correctif en x2 est une fraction du terme principal 2a égale à πx2/(6ah). Dans notre
condensateur, avec h≈ 2 mm et 2a≈ 50 mm, nous calculons une correction égale à 2,6×10−5Le f f
pour x = 50 µm. Au niveau de précision actuel, cette correction est complètement négligeable
mais cette correction pourrait jouer un rôle lors de développements ultérieurs de l’expérience si les
quantités a et h étaient connues avec une excellente précision. Dans cette thèse, nous utiliserons
l’expression (6.34) de la longueur effective du condensateur.

6.3.3 Construction du condensateur

Nous nous plaçons maintenant du point de vue expérimental en décrivant la construction du
condensateur étudié.

1. Electrode de potentiel et électrodes de garde

Le condensateur est formé de deux plaques de verre de longueur 80 mm, d’épaisseur 10 mm et
de hauteur 35 mm, recouvertes d’une couche d’aluminium de l’ordre de 1 micromètre d’épaisseur
qui sert d’électrode conductrice. Le dépôt d’aluminium est réalisé par évaporation sous vide à une
pression de l’ordre de quelques 10−5 millibar par la firme Legrand, spécialisée dans la métallisation
sous vide de miroirs de télescopes 1. Une petite couche de fluorine est déposée en surface de l’alu-
minium pour éviter l’oxydation de l’aluminium. Le choix d’une plaque de verre permet d’obtenir
un bon état de surface pour l’électrode et pour cette première mesure, la planéité des plaques de
verre ordinaire (du "float glass") est de quelques longueurs d’onde, ce qui nous a semblé suffisant
pour une première expérience.

FIG. 6.8 – Photographie de l’électrode de potentiel et des deux électrodes de garde situées à
l’entrée et à la sortie du condensateur. L’isolation électrique est assurée par deux zones de 100
µm de large obtenues par évaporation laser.

1. Société Legrand, Site Web : http://www.legrand-optique.com/htfr/0001.htm
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Pour séparer les électrodes de garde de l’électrode de potentiel, le dépôt d’aluminium a été
enlevé sur une zone de 100 ou 300 µm de large par évaporation laser par la firme Laser Cheval 2.
Le claquage à la surface d’un diélectrique se produit pour un champ voisin de 5 MV/m [237] et la
largeur de 100 µm avait été choisie pour garantir l’isolation électrique sous vide en présence d’une
différence de potentiel allant jusqu’à 500 V. Nous avons vérifié expérimentalement que l’isolation
est alors suffisante pour atteindre des tensions allant jusqu’à 450 V et nous avons donc utilisé des
plaques avec des zones isolantes de 100 µm de large. Cette zone non conductrice est visible sur la
figure (6.8) qui photographie l’électrode de potentiel entourée des deux électrodes de garde.

2. Entretoises de verre

L’étape suivante consiste à mettre en place les entretoises de verre. Il s’agit de plaques de verre
ordinaire. Nous avons mesuré leur épaisseur en utilisant un palmer de marque Mitutoyo de pré-
cision 1 µm. Nous avons obtenu une épaisseur de 2,014 mm, constante sur la surface utile à 2
microns près. Pour cette première cellule de mesure, cette précision est apparue suffisante car les
défauts géométriques majeurs sont dûs à la façon dont nous assemblons les différentes parties du
condensateur par collage, et par l’imperfection dans la tension du Mylar. Nous assemblons d’abord
les entretoises sur les électrodes de verre en les collant. Nous avons utilisé soit une colle epoxy, soit
un scotch double face. La colle époxy a été choisie pour sa faible viscosité : il s’agit d’une colle
Epotek 301 commercialisée par Physik Instrument et nous obtenons un film de colle d’épaisseur
égale à 16 µm avec des fluctuations de seulement 2 µm. Avec le scotch double - face, l’épaisseur
est plus grande (21 µm) mais les fluctuations d’épaisseur sont comparables. Les fluctuations de
l’assemblage {électrodes + entretoises} sont de seulement 2 à 3 µm.

3. Le septum

Une étape importante est la mise en place du septum qui sépare les deux chemins atomiques.
Notre septum est une feuille de Mylar recouverte d’aluminium sur ses deux faces, commercialisée
par la firme Goodfellow. L’épaisseur de cette feuille doit être suffisamment faible pour ne pas gêner
le passage des atomes et nous travaillons avec des feuilles de seulement six micromètres d’épais-
seur. Il est très important de tendre cette feuille correctement car toute irrégularité à la surface du
septum entraînerait une irrégularité du champ électrique. D’autre part, notre jet atomique n’étant
qu’approximativement monocinétique, les atomes les plus rapides, qui correspondent aux angles
de diffraction les plus faibles, peuvent être bloqués par un septum approximativement tendu.

Nous avons essayé de tendre plusieurs matériaux comme une feuille de cuivre béryllium. Notre
choix s’est finalement porté sur le Mylar que nous avons réussi à tendre plus efficacement. Le My-
lar est un polyester (polyéthylène téréphtalate (P.E.T.)) fabriqué par la société DuPont de Nemours.
Il s’agit d’une variété de film P.E.T. biaxe qui possède une bonne résistance à la traction (R = 200
MPa). Le module d’Young de ce polymère étant de 2 à 4 GPa, nous pouvons tendre la feuille de
Mylar de quelques %, tout en restant dans la zone élastique.

Tendre la feuille de Mylar Le Mylar est un matériau utilisé pour des usages très variés. Nous
nous sommes inspirés d’un site internet [238] traitant de la construction d’un haut parleur électro-
statique pour tendre notre feuille de Mylar. Dans un premier temps, la feuille de Mylar est collée
sur un anneau circulaire en Dural soigneusement usiné et avec un bon état de surface.

2. Société Laser Cheval, Site Web : http://www.cheval-freres.fr
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Le Mylar est ensuite recouvert d’une couche mince d’eau savonneuse et chauffé doucement à
l’aide d’un pistolet à air chaud. Le Mylar ne fond certainement pas pour des températures infé-
rieures à 80 ◦C, mais l’action de la chaleur supprime les rides sur la feuille de Mylar, sans que le
rôle de l’eau savonneuse soit clairement établi : il est possible que son rôle soit simplement d’em-
pêcher l’élévation trop forte de température (et alors le savon sert uniquement à bien mouiller la
feuille de Mylar qui est assez hydrophobe) mais le savon a peut-être une action chimique. Une fois
nettoyée à l’eau puis séchée, la feuille de Mylar a l’aspect représenté sur la figure (6.9).

FIG. 6.9 – Photographie de la feuille de Mylar une fois tendue : la planéité est vraiment bonne et
la feuille ainsi tendue forme un bon miroir. On a représenté schématiquement la taille de la cellule
au moment du collage sur le Mylar.

Mesure de la tension de la feuille de Mylar La tension de la feuille de Mylar peut être évaluée
en mesurant les fréquences de résonance du tambour formé en tendant la feuille de Mylar. Nous
avons fait cette expérience à l’automne 2003, en utilisant du Mylar de 25 µm d’épaisseur. Nous
avons excité les vibrations transversales de la membrane en utilisant un haut - parleur et l’équation
du mouvement selon la direction normale z d’un élément de surface repéré par ses coordonnées
polaires (r,θ) est une équation d’onde de la forme :

∆z − 1
v2

s

d2z
dt2 = 0 (6.40)

où vs = (T/ρs)1/2 désigne la célérité de l’onde dans la membrane de masse surfacique ρs et de
tension T . Les solutions périodiques indépendantes de l’angle polaire θ sont de la forme z(r,t) =
f (r)sin(ωt) et on trouve une famille de solution avec f (r) = J0(kr), où J0 est la fonction de Bessel
et k = ω/vs le vecteur d’onde de l’onde stationnaire. Les fréquences de résonance correspondent
ainsi aux zéros de la fontion J0(kR), R représentant le rayon du tambour. Nous avons excité ces
résonances avec un haut parleur et observé la résonance par la mise en mouvement de petites
particules (grains de couscous) déposées sur la surface du Mylar. L’observation du mouvement
des particules renseigne sur les noeuds et les ventres du mode et permet de sélectionner parmi les
fréquences de résonance observées celles qui correspondent aux modes indépendants de l’angle
polaire θ. Nous pensons avoir identifié la plus basse de ces résonances de fréquence propre f0 =
760 Hz. En utilisant la masse volumique du Mylar ρ = 1,3−1,4 g/cm3, nous pouvons calculer sa
masse surfacique ρs = 34×10−3 kg/m2 et pour un tambour de rayon R = 5 cm, nous calculons une
tension T de la membrane de 50 N/m.
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Cette estimation de la tension T permet de prévoir le comportement de la feuille de Mylar
sous l’action de la pression électrostatique créée par le potentiel V0 appliqué. Cette pression reste
toujours très faible : même pour V0 = 440 V et h = 2,0 mm, nous calculons une pression P =
0,20 Pa. Cette pression est appliquée sur la hauteur utile 2Y0 = 15 mm de la feuille de Mylar et
correspond à un déplacement du septum d’une quantité ∆h = P×4y2

0/T . Même pour une différence
de potentiel de 440 V, le déplacement du septum par pression électrostatique n’excède pas 1 µm.

Assemblage de la feuille de Mylar Une fois tendu, la feuille de Mylar est collée sur l’ensemble
{électrodes + entretoises} puis découpée à l’aide d’un scalpel. Nous utilisons la même colle Epoxy
301 car le scotch double - face n’adhère pas bien sur la surface du Mylar. Le découpage de la
feuille de Mylar est probablement la partie la plus délicate de la construction de la cellule. Notre
meilleur découpage a été obtenu avec une lame de scalpel neuve, et pour un mouvement du scalpel
suffisament vif pour ne pas faire apparaître de rides à la surface de la feuille de Mylar.

4. Assemblage final de la cellule

Dans une dernière étape, nous collons le second assemblage {électrodes + entretoises} sur
l’autre côté de la feuille de Mylar de manière à obtenir deux condensateurs, un pour chaque bras
de l’interféromètre. Enfin, des fils de conduction sont connectés aux différentes électrodes en uti-
lisant de la laque d’argent. Le sommet du condensateur est un endroit privilégié pour effectuer ces
connexions car le revêtement en aluminium des électrodes s’étend jusqu’au sommet de la cellule,
au - delà des entretoises de verre. Pour l’électrode centrale en Mylar, la connexion est réalisée
en utilisant un dépassement de la feuille de Mylar ménagé lors de la phase de découpage. Les
fils de connexion, situés au dessus du plan de l’interféromètre, ne perturberont ni le passage des
atomes ni le champ à l’intérieur du condensateur. La figure (6.10) montre le résultat final obtenu
sous la forme d’un schéma en trois dimensions et d’une photographie du condensateur construit à
Toulouse.

FIG. 6.10 – Schéma en 3D et photographie de la cellule de mesure de la polarisabilité de l’atome
de lithium. La cellule est formée de deux condensateurs symétriques, séparés par une feuille de
Mylar tendue de 6 µm d’épaisseur, et des électrodes de garde, situées dans le plan de l’électrode
de potentiel, permettent de limiter les effets de bords.
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6.3.4 Défauts résiduels du condensateur
Nous allons discuter dans ce paragraphe des différents points qui font que le condensateur réel

diffère de notre modélisation.

1. Caractère bidimensionnel du potentiel électrostatique

Nous avons montré au paragraphe (6.3.2) que le potentiel électrostatique se réduisait à une
fonction des seules variables x et z lorsque le milieu diélectrique occupe toute la place disponible
entre les deux armatures du condensateur. Cette conclusion est vérifiée si l’espace inter - électrodes
est un milieu homogène, et dans notre cas, cet espace est formé de deux milieux diélectriques : une
lame de verre et deux couches de colle. Ces milieux diélectriques ont des permittivités relatives
εr différentes et ces différences de permittivité perturbent le potentiel électrique qui acquiert ainsi
un caractère tridimensionnel, qui s’étend sur une distance comparable à l’épaisseur de colle. Cette
perturbation semble complètement négligeable car les épaisseurs de colle utilisées sont très faibles
et les deux matériaux diélectriques n’ont pas des valeurs de εr très élevées.

2. Effets de bords

Notre calcul suppose que le potentiel électrique est parfaitement connu à chacune des extrémités
du condensateur.

La condition aux limites (6.23-c) est bien vérifiée pour des électrodes de garde suffisament
grandes devant la distance inter - électrodes. Ainsi, nos électrodes de garde ont une longueur de 15
mm qui représente plus de sept fois la distance inter électrodes.

Les conditions (6.23-b) et (6.23-c) traduisent la discontinuité du potentiel électrique lorsque |z|
= a. Dans le condensateur réel, une zone non conductrice de largeur 100 µm sépare l’électrode de
potentiel des électrodes de garde et nous ignorons la valeur du potentiel à l’intérieur de cette zone
qui peut se charger de manière incontrôlée. Trois hypothèses peuvent être formulées pour décrire
l’allure du potentiel à l’intérieur de cette zone tampon.

Les deux situations extrêmes supposent que dans l’intervalle de 100 µm, le potentiel V est soit
nul comme sur les électrodes de garde, soit égal à V0 comme sur les électrodes de potentiel V0.
Dans ces deux cas limites, notre calcul s’applique parfaitement à la situation expérimentale, et
nous pourrons calculer la longueur effective avec l’équation (6.34), à condition d’utiliser comme
valeur de la longueur 2a de l’électrode de potentiel, soit la longueur obtenue en n’incluant pas les
deux zones isolantes de 100 µm, lorsque V = 0, soit la longueur incluant ces deux zones de 100 µm,
lorsque V = V0. La troisième hypothèse, bien plus réaliste, consiste à supposer que le potentiel V
effectue une transition progressive de V = 0 jusqu’à V = V0 à travers chacune des zones isolantes.
Ce comportement est celui qui se produirait pour une conductivité suffisante du diélectrique de la
zone isolante. D’après l’équation (6.31), nous pouvons penser que la forme détaillée de la transi-
tion de potentiel n’a pas de conséquences, car ces détails sont lissés par le produit de convolution
des fonctions V (z) et g(z). Dans ce cas, nous pouvons utiliser l’équation (6.34) pour calculer la
longueur effective du condensateur, à condition d’ajouter à la longueur 2a de l’électrode de poten-
tiel la longueur moyenne des deux intervalles de largeur 100 µm. Nous prendrons la largeur d’une
zone isolante comme barre d’erreur sur la longueur effective du condensateur et nous obtenons
ainsi une barre d’erreur de 0,2 % sur l’estimation de la longueur 2a de l’électrode de potentiel.

Il est difficile de comparer notre arrangement à celui développé par l’équipe de D. Pritchard [77,
235] mais il nous semble clair que la zone isolante séparant les électrodes de garde de l’électrode
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portée au potentiel V0 est toujours une zone dont le potentiel est mal connu. Réduire au maximum
la largeur de cette zone est probablement la meilleure manière de réduire l’incertitude associée sur
la longueur 2a du condenstaeur et notre solution, qui consiste à tracer un trait fin sur le plan de
l’électrode, permet certainement d’utiliser des zones isolantes de largeur plus faible que la solution
de fixer les électrodes de garde dont la tranche est isolante : sur le schéma de la figure (6.3), on voit
que ces électrodes de garde ont une épaisseur de l’ordre de 1 mm, à comparer aux 100 µm que nous
utilisons. Une construction plus élaborée pourrait utiliser des intervalles encore plus réduits (avec
le risque de limiter les tensions V0 utilisables), ou des potentiels présentant une série de marches
d’escalier partant de V = 0 pour atteindre V = V0, avec plusieurs zones isolantes très étroites.

3. Parallélisme des électrodes

L’épaisseur h du condensateur est la somme des épaisseurs des colles et de l’épaisseur de l’entre-
toise de verre. Nous avons mesuré l’épaisseur totale en fonction de la coordonnée z en utilisant une
machine disponible sur Toulouse à l’Atelier Interuniversitaire de MicroElectronique (A.I.M.E.)
possédant une précision de ±1µm. La mesure est effectuée dans une salle blanche. Les points de
mesure sont pris le long de la ligne médiane des deux entretoises. La moyenne de ces deux mesures
donne l’épaisseur du condensateur dans le plan y = 0 dans lequel l’atome est sensible au champ
électrique. La figure(6.11) présente les résultats obtenus.
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FIG. 6.11 – Mesures de l’épaisseur totale h du condensateur, comprenant deux épaisseurs de
colle et l’épaisseur des entretoises de verre. L’épaisseur h n’est pas parfaitement constante mais
bien représentée par une fonction linéaire de la coordonnée z. Les mesures sont effectuées sur
l’entretoise située au dessus du jet atomique (ronds) et celle située en dessous (carrés).

L’épaisseur h n’est pas parfaitement constante mais décrite par une fonction linéaire de la coor-
donnée z de la forme:

h(z) = h0 +h1
z
a

(6.41)

où la déviation maximale h1 est considérablement plus faible que la valeur moyenne de h notée h0.
Comme ces déviations sont très faibles, il semble raisonnable d’utiliser l’équation (6.34) pour ex-
primer la longueur effective du condensateur, à condition de remplacer les termes qui apparaissent
sous la forme d’une puissance de h par leurs valeurs moyennes.
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Le premier terme de cette équation, en h−2, correspond à l’intégration le long de la longueur
du condensateur de z = −a à z = +a. Nous remplaçons ce terme par sa valeur moyenne le long de
cette région. En se limitant aux premiers termes non nuls, nous obtenons :

〈 1
h2 〉=

1
h2

0

[
1+

h2
1

h2
0

]
(6.42)

Le second terme de l’équation (6.34) est en h−1 et traduit les effets de bords. La quantité h−1

doit être remplacée par sa valeur moyenne aux deux bouts :

1
2

(
1

h(z =−a)
+

1
h(z = a)

)
=

1
h0

[
1+

h2
1

h2
0

]
(6.43)

Par hasard, ces deux corrections font intervenir le même facteur entre crochets. Compte tenu de la
petitesse de h1, ces corrections sont très faibles, mais il nous a semblé important de chiffrer leur
importance réelle.

6.3.5 Résumé des dimensions du condensateur
Nous résumons dans ce paragraphe les dimensions du condensateur que nous allons utiliser

au prochain paragraphe. La longueur de l’électrode de potentiel, en incluant un intervalle de 100
µm est 2a = 50,00 ± 0,10 mm. Cette mesure a été effectuée en utilisant la fraiseuse de l’atelier
mécanique et la barre d’erreur correspond à la largeur d’une zone non conductrice. La distance
inter - électrodes h0 est la moyenne des deux épaisseurs mesurées sur chaque entretoise et vaut h0
= 2,056 ± 0,003 mm soit une incertitude de 0,146 %.

6.3.6 Alignement du condensateur par rapport au jet atomique
Nous décrivons dans ce paragraphe la procédure d’alignement du condensateur par rapport au

jet atomique de lithium. Comme pour l’alignement des miroirs permettant la construction des
ondes stationnaires, la procédure se déroule en deux étapes : alignement sous air en utilisant un
point - trait -plan mécanique, ajustement sous vide à l’aide de cales - piézoélectriques.

Support de cellule

Le condensateur est fixé sur une pièce en Dural et ce support est suspendu au flasque DN 250
situé au - dessus du second miroir à ondes stationnaires. En évitant de toucher l’interféromètre, on
élimine les risques d’induire des vibrations de flexion du banc de l’interféromètre.

Nous avons choisi de placer le condensateur juste avant la seconde onde laser stationnaire pour
être moins sensible à la divergence du jet atomique. A cet endroit, au premier ordre de diffraction
atomique, les deux bras de l’interféromètre sont distants d’environ 90 µm et les largeurs à mi -
hauteur des faisceaux atomiques sont voisines de 30 µm. La précision requise sur le positionnement
du septum est d’environ 5 - 10 µm à chacun des deux bouts. Les précisions recherchées sur la
position selon les axes y et z ne sont pas fortes, de l’ordre de ± 1 mm. En rotation, les précisions
recherchées dépendent de la longueur du condensateur égale à 80 mm selon l’axe z. La rotation
selon l’axe x est pratiquement sans importance (1 mm sur la longueur du septum correspond à une
précision de 12 milliradians). Le septum doit être vertical, ce qui correspond à la rotation selon
l’axe z : un écart inférieur à 5 µm sur une hauteur utile de 3 mm correspond à une précision faible,
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de 1,7 mrad. Pour la rotation autour de l’axe y, pour rester en accord avec la précision de 5 µm
visée en translation selon l’axe x, on peut tolérer un écart au parallélisme des faisceaux atomiques
de 5 µm sur la longueur du condensateur soit un écart angulaire de 60 µrad.

Le montage est suspendu à une translation de type Microcontrôle orientée selon la direction x,
de course 50 mm, activée par un passage de translation de marque Caburn. Sous cette translation
est suspendue une colonne massive (pour éviter les problèmes de vibration) qui porte à sa partie
inférieure le porte cellule, lui - même solidaire du condensateur. Nous pilotons la rotation de la
cellule sous vide par rapport aux axes y et z du condensateur à l’aide de cales piézoélectriques de
course 15 µm possédant un bras de levier de 35 mm. Nous disposons ainsi d’une course de 400
µrad et nous allons voir que l’alignement de la cellule sous air permet d’atteindre cette précision.

Procédure d’alignement de la cellule

Alignement sous air La précision visée pour ce réglage est identique à celle qui était nécessaire
pour aligner les miroirs à ondes stationnaires sous air. C’est pourquoi nous allons suivre une procé-
dure similaire à celle décrite au paragraphe (1.2.3). La cellule de mesure peut en effet jouer le rôle
d’un miroir car la face arrière du bloc de verre portant l’électrode principale a été polie de manière
à disposer d’une surface réfléchissante. La figure (6.12) est une photographie qui permet de mieux
comprendre comment l’alignement est réalisé.

FIG. 6.12 – Photographie de l’expérience prise depuis le hublot d’entrée de la seconde onde laser
stationnaire en présence de la cellule de mesure de la polarisabilité.

Nous commençons par récupérer l’axe du jet atomique à l’aide de deux miroirs auxiliaires,
de la lunette autocollimatrice et du pentaprisme, dont l’arête a été rendue verticale à l’aide d’un
point - trait - plan. L’étape suivante consiste à ajuster la rotation du condensateur autour de l’axe
z. Comme au paragraphe (1.2.3), nous commençons par placer les cales piézoélectriques à mi -
course, puis nous utilisons un miroir auxiliaire, un pentaprisme et un bain d’huile pour créer une
référence horizontale, que nous reportons sur la cellule de mesure en ajustant sa rotation autour
de l’axe z à l’aide d’un point - trait -plan visible sur la figure (6.12). La procédure se termine par
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le réglage le plus critique qui concerne la rotation de la cellule autour de l’axe y. Le miroir (M2)
étant parallèle au jet atomique, nous reportons ce parallélisme sur la cellule de mesure. Ce réglage
a nécessité pas mal d’efforts car la vis de réglage de la rotation autour de l’axe y est peu accessible.

Ajustement sous vide La diffraction de l’onde atomique par la première onde laser stationnaire
sépare le jet atomique en deux faisceaux et nous ajustons la position de la cellule selon l’axe x
pour disposer le septum entre ces deux chemins atomiques. La figure (6.13) présente sur le graphe
de gauche deux profils de diffraction de l’onde atomique par le miroir (M1) obtenus par balayage
manuel (le balayage piézo-électrique ne fonctionnant plus) de la fente de détection pour deux po-
sitions du condensateur : les deux chemins atomiques sont soit de part et d’autre du septum (profil
en noir), soit du même côté du septum (courbe grise). Lorsque le septum est inséré entre les deux
chemins atomiques, la propagation de l’onde atomique n’est presque pas perturbée. L’intensité des
faisceaux diffractés n’est pas significative car l’amplitude de probabilité n’a pas été ajustée pour
obtenir une séparatrice à atomes.
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FIG. 6.13 – A gauche : Profils de diffraction de l’onde atomique au premier ordre par la première
onde laser stationnaire. La courbe noire (resp. grise) correspond au cas où les deux chemins sont
situés de part et d’autre du septum (resp. du même côté du septum). A droite : Franges d’interfé-
rence atomique en présence du septum : la visibilité atteint 84 ±1%.

Les cales piézoélectriques de rotation autour des axes y et z permettent d’optimiser la visibilité
et le flux de sortie de l’interféromètre. Au premier ordre de diffraction, nous avons observé des
franges atomiques de visibilité 84± 1 % et de flux moyen I0 = 12650 c/s représentées sur la partie
droite de la figure (6.13). Ces franges ont été obtenues lorsque le septum est inséré entre les deux
chemins atomiques et sans compensation des gradients de champ magnétique résiduels présents
dans l’interféromètre. Ce résultat suggère que notre appareil peut fonctionner avec des visibilités
de l’ordre de 85 à 86 % en compensant les gradients de champ magnétique résiduels dans l’inter-
féromètre (chapitre 5). Cette observation signifie surtout que que la cohérence des paquets d’ondes
atomiques est aussi bonne en présence du septum entre les deux chemins qu’en son absence. Nous
allons maintenant mettre à profit ce résultat encourageant pour effectuer une mesure de précision.
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6.4 Mesure du déphasage induit par effet Lo Surdo - Stark

6.4.1 Point de sensibilité en phase maximal
Nous avons évidemment choisi de travailler au premier ordre de diffraction atomique et d’utili-

ser la sortie 1 de l’interféromètre : nous disposons ainsi de franges atomiques de très haute visibi-
lité, un nombre minimal de faisceaux parasites et une séparation de 90 µm qui, comme on vient de
le voir, est tout à fait suffisante pour insérer le septum entre les deux chemins atomiques.

Pour optimiser la sensibilité en phase de l’appareil, nous utilisons les résultats de l’étude menée
au paragraphe (4.3). Nous ouvrons la fente de collimation à la largeur e1 = 18 µm et la fente
de détection à la largeur eD = 50 µm. Enfin, la pression d’argon est ajustée à 167 millibars. Le
flux moyen en sortie de l’appareil est ainsi beaucoup plus élevé (I0 = 100 000 c/s) et les franges
atomiques gardent une bonne visibilité : V = 62 %. Le facteur de mérite de l’appareil est alors de
38 400 s−1 et constitue la valeur la plus élevée que nous ayons obtenu.

6.4.2 Observation du déphasage induit par le champ électrique
L’observation du déphasage induit par le champ électrique peut s’effectuer en stoppant tout

balayage des franges atomiques et en observant un saut de phase dû à l’application du champ
électrique. Toutefois, cette procédure ne permet pas de visualiser les franges d’interférence lors
de l’enregistrement. Ces franges atomiques sont une preuve du bon fonctionnement de l’appareil
de mesure. Nous avons donc choisi de déterminer le déphasage induit par effet Lo Surdo - Stark
par comparaison de deux enregistrements, l’un en l’absence de la perturbation électrique (V0 = 0),
l’autre en présence du champ électrique (V0 6= 0).

Le programme d’acquisition a été présenté à la fin du chapitre 1 sous la forme d’un organi-
gramme. Nous appliquons une tension électrique sur un des deux chemins atomiques à l’aide d’une
alimentation Bertan225 qui délivre une tension stabilisée à mieux que 10−4. Nous mesurons cette
tension à l’aide d’un voltmètre numérique HP 34401A dont nous avons fait vérifié la calibration et
dont la précision relative est meilleure que 10−5

.
L’acquisition s’effectue par palier de tension de 20 Volts, de 0 à 440 Volts, et chaque palier est

lui - même constitué de deux enregistrements : un avec V0 = 0 Volt, l’autre pour V0 non nul. Dans
chaque cas, la position du miroir (M3) est balayée par une cale piézoélectrique sur laquelle on ap-
plique une rampe linéaire en tension, de manière à observer les franges d’interférence. Ces franges
comprennent 471 points de mesure, enregistrés avec un temps de comptage égal à 0,36 s. La figure
(6.14) présente les interférences atomiques obtenues pour une tension appliquée de 260 Volts :
le déphasage est très proche d’un multiple impair de π (il vaut sensiblement 3π) et, en présence
du champ électrique, la visibilité des franges est de 42 %. La perte de visibilité observée quand
on applique la perturbation électrique résulte de la distribution de vitesse du jet atomique et sera
prise en compte au paragraphe (6.4.4). Nous allons maintenant décrire la procédure d’extraction
du déphasage φ(V0) qui résulte de l’effet Lo Surdo - Stark.

6.4.3 Extraction du déphasage des données expérimentales
Nous disposons d’une succesion de 22 enregistrements, correspondant aux 22 paliers de ten-

sion atteints en allant de 0 à 440 Volts par pas de 20 Volts. Nous allons expliquer la procédure
d’extraction des phases à l’échelle de l’un quelconque de ces enregistrements, par exemple celui
correspondant à la figure (6.14).
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FIG. 6.14 – Déphasage du niveau fondamental du lithium par effet Lo Surdo - Stark. En gris (resp.
noir), les franges atomiques pour une tension appliquée de V0 = 260 V (resp. V0 = 0 V).

A. Principe

Pour chaque enregistrement, nous disposons de deux balayages des franges atomiques : un avec
V0 = 0 et un pour V0 6= 0. Nous commençons par ajuster les points avec V0 = 0 Volt :

I1 = I0[1+V0 cos(φ0)]+ IB (6.44)

La phase φ0 de balayage des franges atomiques est décrite par une fonction polynômiale de la
forme φ0 = a+bn+cn2 où n désigne le numéro de canal dans l’enregistrement. IB désigne l’inten-
sité moyenne du signal de fond (IB = 2870 c/s), a, b et c désignent respectivement la phase initiale
de l’interférogramme, la pente d’une rampe idéale en tension et le coefficient représentant la non
linéarité de la cale. L’ajustement porte sur les cinq paramètres suivants : I0, V0, a, b et c.

L’étape suivante consiste à ajuster les points expérimentaux obtenus en présence de la perturba-
tion électrique de potentiel V0. Nous déduisons le déphasage φ(V0) dû à l’effet Lo Surdo - Stark de
l’ajustement des points expérimentaux par la fonction suivante :

I1 = I[1+V cos(φ0 + φ)]+ IB (6.45)

Nous utilisons pour φ0 la même représentation en fonction du numéro de canal n : les paramètres
a, b et c prennent les valeurs obtenues pour l’enregistrement avec V0 = 0 (la validité de cette hypo-
thèse sera étudiée au prochain paragraphe). En présence de la perturbation électrique, l’ajustement
porte ainsi sur trois paramètres : l’intensité moyenne I, la visibilité V des franges atomiques, et le
déphasage φ(V0) qui résulte de l’effet Lo Surdo - Stark. La barre d’erreur à 1σ sur la quantité φ(V0)
est de l’ordre de 2 à 3 mrad et atteint 23 mrad pour les potentiels V0 les plus élevés, pour lesquels
la visibilité des franges atomiques est réduite (paragraphe (6.4.4)).

Cette mesure de déphasage est correcte lorsque la durée de l’acquisition est nettement inférieure
au temps caractéristique de la dérive de la phase φ0(n). Chaque balayage de 471 points dure 2 mi-
nutes 50 secondes et sur cette échelle de temps, nous allons voir qu’il faut introduire une correction
liée à la dérive de la fonction φ0(n).
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B. Prise en compte de la dérive de la phase φ0

Suite à l’ajustement réalisé par l’équation (6.44), nous disposons de mesures de la phase φ0
des franges atomiques en l’absence de la perturbation électrique (V0 = 0 Volt). Ces mesures se
présentent sous la forme de triplets (a, b, c), connus à intervalles de temps réguliers de 2× 2
minutes 50 secondes.

La figure (6.15) rassemble ces différentes mesures et montre que la dérive de la phase φ0 est
dominée très largement par la dérive de la phase initiale a. Cette phase initiale prend une pre-
mière valeur assez élevée en valeur absolue. Cette première valeur a peu d’importance car elle est
fonction du choix de la tension appliquée au début de l’enregistrement sur la cale piézoélectrique
du miroir (M3). Chacun des enregistrements effectués débute en appliquant la même tension sur
la cale piézoélectrique du miroir. La phase initiale a présente une dérive sensiblement linéaire en
temps, qui s’effectue à la vitesse moyenne de 7,28 ± 0,20 milliradians par minute (soit 0,44 rad/h)
avec des fluctuations rms de 33 milliradians autour de cette dérive régulière. Le balayage de la cale
piézoélectrique de translation du miroir (M3) n’est pas en toute rigueur identique sur des durées
d’acquisition de l’ordre de 2 heures. La figure (6.15) montre que les paramètres b et c évoluent
lentement. Les fluctuations de ces paramètres ne sont pas négligeables vis à vis de leur dérives. Il
n’est pas facile de corriger les variations de φ0(n) associées à ces dérives, qui sont de toute façon
petites entre l’enregistrement avec V0 = 0 et l’enregistrement suivant immédiatement, réalisé avec
V0 6= 0.
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FIG. 6.15 – Evolution temporelle des paramètres a, b et c lors de la mesure de la polarisabilité.
Nous attribuons l’essentiel de la dérive observée à l’évolution du paramètre a, elle - même reliée
à l’expansion thermique du banc supportant les miroirs de l’interféromètre.

Origine de la dérive de phase Dans l’interféromètre de D. Pritchard, la dérive de la phase φ0
est de 1 rad/h. L’hypothèse que des variations de température influent sur la phase φ0 figure dans
la thèse de C.R. Ekström [235] et nous nous sommes inspirés de ce travail pionnier.

Notre montage présente plusieurs garanties : asservissement de la raie laser par la méthode de
Hänsch - Couillaud [102], visualisation à chaque instant des franges atomiques, stabilité méca-
nique dû au banc de l’interféromètre. Toutefois, nous savons que la phase φ0 utilisée pour balayer
les franges d’interférence varie très rapidement avec la position relative (x1− 2x2 + x3) des trois
miroirs et au premier ordre de diffraction, une phase de 1 radian est obtenue pour une variation de
la quantité (x1−2x2 + x3) de seulement 53 nm.
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Pendant la mesure de polarisabilité, nous avons mesuré la température du banc de l’interféro-
mètre grâce à une sonde à résistance de platine située sur le banc (chapitre 1). Les fluctuations
de température, mesurées par rapport à la température T0 du banc lors du premier enregistrement
(δTi = Ti−T0), sont représentées sur la partie gauche de la figure (6.16). La température du banc de
l’interféromètre n’a varié que de 0,16 K pendant la durée de l’expérience (2 heures 5 minutes) et
cette dérive de température s’effectue de manière globalement linéaire à la vitesse de 1,17 ×10−3

K/min. Nous pensons que cette dérive résulte notamment d’une différence de dilatation thermique
entre les trois miroirs, le troisième miroir étant le seul à disposer d’une céramique de translation
piézoélectrique. La partie droite de la figure (6.16) représente, pour chacun des 22 enregistrements
(i = 1 - 22), l’évolution temporelle du déphasage moyen 〈δφ0,i〉 = 〈φ0,i− φ0,1〉, (la moyenne est
effectuée sur chacun des 471 points d’enregistrements). La similarité qui existe entre les deux
graphes de la figure (6.16) suggère une forte corrélation entre les variations de température du
banc de l’interféromètre et la dérive de la phase φ0 : nous pensons que la variation de température
explique l’essentiel de la dérive de la phase φ0, une petite variation de la quantité (x1− 2x2 + x3)
suffisant à expliquer la variation de 〈δφ0〉 observée.
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FIG. 6.16 – Partie gauche : Dérive δTi = Ti−T0 de la température du banc mesurée avec une sonde
à résistance de platine. Partie droite : Enregistrement simultané de la dérive du déphasage moyen
< δφ0,i > des franges d’interférence en fonction du temps. Les résidus du fit montrent une variation
quasi - périodique avec une période voisine de 18 minutes. La similarité des deux graphes suggère
une relation de cause à effet entre dérive de la température du banc et dérive de la phase φ0.

Les fluctuations autour de cette dérive présentent une structure quasi - périodique, que l’on peut
mieux observer sur le tracé de la courbe des résidus sur la partie gauche de la figure (6.16). La
mesure de température montre de très faibles oscillations, noyées dans le bruit de notre mesure,
mais il n’est pas certain que la période soit la même. Les pompes à diffusion d’huile de la chambre
de l’interféromètre sont munies de baffles refroidis par la circulation d’un mélange éthylène -
glycol, dont la température oscille entre 3 et 6 ◦C sous l’action d’un refroidisseur et cette oscillation
pourrait entraîner par rayonnement une oscillation d’amplitude réduite de la température du banc
de l’interféromètre. Toutefois, la période d’oscillation de la température du liquide refroidi est
voisine de 30 minutes, ce qui ne correspond pas à la période estimée sur les résidus du fit de
< δφ0 >. Enfin, l’air de la pièce contenant l’interféromètre n’est que grossièrement régulé par une
climatisation et ceci joue joue certainement un rôle non négligeable.
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Correction du déphasage Lo Surdo - Stark due à la dérive de la phase φ0 Sur des temps
d’acquisition de 2 minutes et 50 secondes, nous devons corriger le déphasage Lo Surdo - Stark
φ(V0) mesuré par la dérive de la phase φ0. Cette dérive de phase est due à la dérive de chacun
des trois paramètres a, b et c, obtenus simultanément par ajustement des points expérimentaux
et elle n’est pas facile à prendre en compte à cause de sa structure quasi - périodique. La phase
φ0(n) est connue juste avant le début de l’enregistrement des franges en présence du potentiel V0
et également juste après cet enregistrement. Pour estimer la correction à apporter au déphasage
φ(V0) f it déduit de l’ajustement des points d’acquisition, nous avons calculé pour l’enregistrement
numéro i (i = 1 - 22) la valeur moyenne 〈φ0,i〉 de la phase φ0 sur les 471 points de mesure et
nous avons choisi pour estimateur de la dérive de la phase φ0 la demi - somme des déphasages
〈φ0,i〉 et 〈φ0,i+1〉. Ainsi, pour l’enregistrement numéro i, le déphasage φ(V0) traduisant l’effet de
polarisabilité est obtenu en corrigeant le déphasage φ(V0) f it issu du fit par la dérive de la phase φ0 :

φ(V0) = φ(V0) f it − 〈φ0,i〉+ 〈φ0,i+1〉
2

(6.46)

C. Déphasage et visibilité des franges atomiques en fonction du potentiel appliqué

Nous disposons maintenant pour chacun des 22 potentiels V0 appliqués successivement sur le
condensateur de mesures de la visibilité des franges atomiques et du déphasage dû à l’effet de po-
larisabilité. L’erreur sur la mesure de ces déphasages résulte de deux contributions que nous avons
sommé quadratiquement. L’erreur sur la mesure du déphasage φ(V0) f it est obtenue par ajustement
des points expérimentaux. A cette erreur s’ajoute la déviation de 33 milliradians rms correspondant
à la prise en compte de la dérive de la phase φ0.
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FIG. 6.17 – Déphasage et visibilité des franges atomiques mesurés en fonction de la tension
V0 appliquée sur le condensateur : les points sont expérimentaux et les courbes représentent le
meilleur ajustement (voir texte).

La figure (6.17) présente les résultats obtenus. L’intensité I0 du flux de sortie reste constante et
voisine de 100 000 c/s et n’est pas représentée. Nous avons également tracé le facteur de visibilité
complexe, dont le module est la visibilité V et l’argument correspond au déphasage φ(V0).
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Nous obtenons une courbe en forme de spirale, représentée sur la figure (6.18) car la visibilité
des franges décroît au fur et à mesure que les déphasages augmentent. Nous allons maintenant
expliquer comment nous interprétons ces mesures de visibilité et de déphasage, en décrivant com-
ment nous ajustons ces points de mesure.
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FIG. 6.18 – Visibilité complexe associée aux mesures de visibilité et de phase par effet Lo Surdo -
Stark. Nous obtenons une courbe en forme de spirale car la visibilité des franges décroît au fur et
à mesure que les déphasages augmentent.

6.4.4 Interprétation : effet de la distribution de vitesse du jet atomique
Nous constatons sur la figure (6.17) que l’application de déphasages importants à l’un des bras

de l’interféromètre se traduit par une réduction notable de la visibilité des franges atomiques. Cette
observation expérimentale s’explique par le caractère dispersif du déphasage : l’équation (6.19)
montre que le déphasage est proportionnel au temps de vol de l’atome dans la zone d’interaction
avec le champ électrique, c’est à dire inversement proportionnel à la vitesse v de l’atome. La
distribution de vitesse du jet atomique est donc responsable d’une distribution des déphasages et
ceci réduit la visibilité des franges observées. Nous étudions dans ce paragraphe l’influence de cet
effet sur le déphasage et la visibilité mesurés.

Signal interférentiel et distribution de vitesse du jet

L’annexe D étudie en détail l’influence de la distribution de vitesse du jet atomique sur le signal
interférentiel en évaluant l’intégrale suivante :

I1 = I0

Z
dvP(v) [1+V0 cos(φ0 +∆φ)] (6.47)

Une solution analytique, détaillée à l’annexe D, peut être obtenue en développant les déphasages
φ(V0) autour de la vitesse atomique moyenne u jusqu’aux termes du second ordre en (v−u)/u.
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Le déphasage Lo Surdo - Stark observé 〈φ〉 et de la visibilité moyenne 〈V 〉 :

〈φ〉 = φm − φ3
m

4
(

S4
‖+φ2

m

) +
1
2

arctan

(
φm

S2
‖

)
(6.48)

〈V 〉 = V0
S‖

[S4
‖+φ2

m]1/4 exp

[
−

φ2
mS2

‖
4(S4

‖+φ2
m)

]
(6.49)

où φm représente la valeur du déphasage φ correspondant à la vitesse moyenne u et S‖ désigne le
rapport de vitesses parallèle. Comme au chapitre 5, nous ne connaissons pas la valeur exacte de ce
rapport qui peut être légèrement différent de ce rapport pour le jet atomique car la diffraction de
Bragg est sélective en vitesse. Un premier ajustement des points expérimentaux a donc été réalisé
en utilisant les relations (6.48) et (6.49) avec pour paramètres ajustables la quantité φm/V 2 et le
rapport de vitesses parallèles S‖. L’ajustement des points expérimentaux conduit à S‖ = 8,02±0,06
et notre résultat final pour la mesure de φm/V 2

0 est le suivant :

φm

V 2
0

= (1,3882±0,0012)×10−4 rad.V−2 (6.50)

Evaluation des quantités φm/V 2
0 et S‖

Le domaine de validité des relations (6.48) et (6.49) est étudié à l’annexe D en calculant numé-
riquement l’intégrale de l’équation (6.47). Lorsque S‖ = 8, cette solution analytique convient tout
à fait pour des déphasages φm inférieurs à 18 radians. Pour la courbe de visibilité, l’accord avec la
solution numérique est excellent jusqu’à 25 radians. Comme nous avons mesuré des déphasages
plus grands que 18 radians et parce - qu’il est plus satisfaisant de faire un ajustement global de tous
nos résultats avec une seule valeur φm/V 2

0 et une seule valeur du rapport de vitesse S‖, la solution
finalement adoptée consiste à ajuster à la fois les résultats expérimentaux de phase et de visibilité
en calculant numériquement sous Fortran l’intégrale sur la distribution de vitesse du jet, chaque
point étant pondéré proportionnellement à l’inverse du carré de sa barre d’erreur.

Pour visualiser le caractère sensiblement quadratique des déphasages mesurés, nous avons re-
présenté nos résultats sur la figure (6.19) en traçant le déphasage moyen φm et la visibilité en
fonction du carré du potentiel électrique appliqué. L’ajustement des points expérimentaux conduit
à S‖ = 8,00 ± 0,06 et notre résultat final pour la mesure de la quantité φm/V 2

0 est le suivant :

φm

V 2
0

= (1,3870±0,0010)×10−4 rad.V−2 (6.51)

L’application essentielle d’un interféromètre concerne la mesure de déphasages, et notre appa-
reil atteint des performances remarquables dans ce domaine. Avec des temps d’acquisition très rai-
sonnables, nous mesurons la quantité φm/V 2

0 avec une barre d’erreur de seulement 0,07 %. Ce bon
résultat est attribuable à la grande visibilité des franges atomiques obtenues et à la forte intensité
I0 : ces deux performances permettent un contrôle visuel pendant l’enregistrement et une précision
remarquable. Cependant, nous n’avons pas atteint les limites de cet appareil et la compréhension
complète de ce qui cause la dérive de phase (en particulier les oscillations quasi-périodiques) et le
contrôle de ces effets parasites devrait permettre d’atteindre des précisions plus élevées.
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FIG. 6.19 – Déphasage et visibilité des franges atomiques en fonction du carré du potentiel V0
appliqué : les points sont expérimentaux et les courbes représentent le meilleur ajustement.

Longueur de cohérence temporelle de l’interféromètre

Nous terminons ce paragraphe en proposant une évaluation de la longueur de cohérence tem-
porelle de l’interféromètre. La longueur de cohérence temporelle de la source d’atomes limite la
visibilité des franges obtenues à des champs électriques appliqués élevés et un ordre de grandeur
de cette quantité, que nous noterons lc, peut être obtenu en utilisant la relation (6.49).

Les déphasages φm mesurés n’excèdent pas 27 radians. Nous allons supposer que φm ¿ S2
‖

(hypothèse excellente pour de faibles champs électriques appliqués), ce qui simplifie l’expression
de la visibilité moyenne donnée par l’équation (6.49) :

V = V0 exp[− φ2
m

4S2
‖
] (6.52)

Nous retrouvons ainsi le résultat publié par C. Adams et J. Mlynek relatif à la perte de visibilité
associée à une source atomique de longueur de cohérence lc [239]. Selon ces auteurs, pour une dif-
férence de chemin atomique ξ entre les deux bras de l’interféromètre, la perte de visibilité s’écrit :
V (ξ) = V0 exp

[−ξ2/(2lc)2], V0 désignant la visibilité obtenue pour ξ = 0. Un déphasage de 2π
radians correspondant à une variation du chemin atomique égale à la longueur d’onde atomique
λdB, la longueur de cohérence temporelle de l’interféromètre est de la forme :

lc =
(

λdB

2π

)
S‖ (6.53)

Nous verrons au paragraphe suivant que la vitesse moyenne des atomes de lithium est u = 1065,7
m/s et pour S‖ = 8,0, nous obtenons lc = 68 pm. Cette valeur très faible est une conséquence de
l’utilisation d’atomes aux énergies thermiques.
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6.5 Mesure de la vitesse moyenne u des atomes de lithium
L’étude menée au paragraphe précédent a permis d’inclure la distribution de vitesse du jet ato-

mique dans l’analyse des déphasages moyens φm mesurés. Ces déphasages étant proportionnels au
temps de vol de l’atome, ils dépendent explicitement de la vitesse moyenne u des atomes, de sorte
que nous devons mesurer u pour exploiter nos mesures de déphasages et en déduire la polarisabilité
du lithium. Nous avons utilisé deux méthodes concordantes pour y parvenir et ces mesures sont en
bon accord avec la valeur déduite de la théorie des jets supersoniques.

6.5.1 Méthodes de mesure de la vitesse en interférométrie atomique
Nous recensons les différentes méthodes de mesure de la vitesse moyenne d’un jet atomique.

La diffraction atomique

Cette méthode est celle qui est utilisée dans l’équipe de D. Pritchard pour mesurer la polarisabi-
lité de l’atome de sodium [77] et elle donne un résultat excellent : selon ces auteurs, l’erreur sur la
mesure de la vitesse u est très faible, de l’ordre de 0,15%. La mesure de u est déduite d’un profil de
diffraction de l’onde atomique par détermination de l’angle de diffraction θD = λdB/a = h/(mua),
a désignant le pas du réseau diffractant. L’erreur sur la mesure est dominée par l’incertitude sur la
distance séparant le premier réseau du détecteur, qui permet de convertir la distance séparant les
deux pics de diffraction sur le détecteur en angle de diffraction. C.R. Ekström obtient une précision
de 100 micromètres sur la mesure de cette distance [235].

L’effet Doppler

Cette méthode, décrite au chapitre 2, est aussi celle qui est utilisée dans l’équipe de S.A. Lee
[163]. Pour utiliser cette méthode sur les atomes après collimation dans l’interféromètre, la dé-
tection ne peut pas se faire sur la fluorescence car le signal serait difficile à détecter mais sur le
signal du détecteur d’atomes (pour nous le détecteur à fil chaud). Cette méthode est particulière-
ment facile si on utilise des atomes métastables (le néon métastable chez S. A. Lee) car alors il
suffit d’exciter une transition non fermée et la résonance se traduit par une baisse du signal sur le
détecteur, quand on balaye la fréquence du laser. Il est ainsi possible de mesurer très précisément
la vitesse moyenne u du jet atomique, à condition de mesurer très précisément le cosinus de l’angle
que forme le laser avec le jet atomique. La précision obtenue par D. Giltner est d’environ 1 %, avec
une barre d’erreur largement dominée par l’erreur sur la mesure de ce cosinus. Nous avons utilisé
la mesure par effet Doppler de deux manières différentes, par fluorescence induite par laser du jet
avant collimation (chapitre 2), et en enregistrant la perte d’intensité du jet atomique collimaté dûe
au recul de l’atome à l’absorption d’un photon laser.

Le temps de vol

La méthode par temps de vol [141] consiste à ramener la mesure de vitesse à une mesure de
durée. L’origine des temps est obtenue en hâchant le jet atomique avec une roue dentée. La vitesse
de rotation de la roue et la largeur des fentes déterminent en général la résolution de la mesure de
temps de vol. Cette méthode est peu adaptée dans notre cas car le détecteur à fil chaud a une réponse
relativement lente (de l’ordre de 100 µs). Ce temps de réponse peut être diminué en chauffant
davantage le fil de rhénium, mais l’efficacité de détection est ainsi réduite et nous n’avons donc
pas tenté cette expérience.
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6.5.2 Mesure de u par diffraction de l’onde atomique
Nous avons souligné au chapitre 3 que le contrôleur permettant de piloter la translation de la

fente de détection dans la direction x des ondes lasers stationnaires ne fonctionne plus. L’enregis-
trement de profils de diffraction en transmission n’a donc pu être réalisé que manuellement. Ceci
mène à des estimations de u peu précises et peu fiables et nous n’avons utilisé cette méthode que
pour vérifier l’ordre de grandeur de la vitesse u.

En revanche, il est possible d’enregistrer la probabilité de diffraction de l’onde atomique en
fonction de l’angle de rotation de l’un des miroirs, par exemple le second, autour de l’axe z du
jet atomique. La diffraction est alors détectée en mesurant l’intensité du faisceau atomique non
diffracté, conformément à l’étude menée au chapitre 3. La mesure de la vitesse u se ramène alors
à celle de l’angle de Bragg θB = θD/2 = h/(muλL).

Calibration de la rotation du miroir (M2) Sous vide, la rotation du miroir (M2) est pilotée par
une cale piézoélectrique dont nous avons calibré la rotation en utilisant une photodiode 4 quadrants.
La figure (6.20) montre le résultat obtenu : la rotation est de 5,83 ± 0,03 µrad/V.
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FIG. 6.20 – Etalonnage de la cale piézoélectrique de rotation du miroir (M2) autour de l’axe z.

Mesure de la vitesse moyenne u La figure (6.21) montre la figure de diffraction enregistrée
à hauteur du second miroir (M2). Nous avons ajusté les points expérimentaux à l’aide de deux
fonctions Gaussiennes. Si l’on exprime le résultat en Volts, l’angle de Bragg vaut 13,68 ± 0,04
Volts. La calibration étant de 5,83 ± 0,03 µrad/V, l’angle de Bragg est égal à 79,75 ± 0,65 µrad.

Cet ajustement Gaussien ne prend pas en compte les différentes contributions qui interviennent
dans l’expression de la probabilité de diffraction : rôle de la distribution de vitesse du jet atomique,
effet de la divergence du jet atomique et de la présence de deux niveaux hyperfins F = 1 et F = 2.
Pour mesurer l’influence de ces contributions sur la vitesse u, j’ai récemment écrit un programme
Mathematica qui intègre ces contributions au premier ordre de diffraction. La valeur obtenue pour
θB est de 79,62 ± 0,63 µrad. Les deux valeurs obtenues coincident et nous adopterons θB = 79,62
± 0,63 µrad car cette deuxième méthode semble la plus crédible. La masse de l’atome de lithium
7 étant rappelée à l’annexe A, nous obtenons pour la vitesse moyenne u des atomes de lithium :

uDi f f raction = 1065,0±8,4 m/s (6.54)
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FIG. 6.21 – Profil de diffraction de l’onde atomique obtenu par enregistrement des pertes d’inten-
sité du jet atomique diffracté à l’ordre zéro.

6.5.3 Mesure de u par effet Doppler

La vitesse des atomes du jet est sondée dans la chambre de l’interféromètre en utilisant un
faisceau laser quasi contra - propageant avec l’onde atomique de lithium. Lorsqu’un atome absorbe
un photon laser, il recule et cette déflexion de l’atome se traduit par une perte d’intensité du jet
atomique enregistrée sur le détecteur. La vitesse moyenne u des atomes de lithium est déduite de
la mesure du décalage Doppler ∆ν de la raie atomique excitée par l’onde laser :

uDoppler = λL∆ν/cos(θ) (6.55)

l’angle θ désignant l’angle entre le laser sonde et l’axe z du jet atomique.

Dispositif expérimental La figure (6.22) présente le montage expérimental : un faisceau laser A,
issu du laser à colorant, pénètre dans l’enceinte à vide par l’intermédiaire d’un hublot traité anti-
reflet à 671 nm (non représenté sur la figure) avant d’être réfléchi par un pentaprisme en direction
du condensateur et de la source du jet atomique. L’onde laser croise le jet atomique juste avant le
miroir (M2) de la deuxième onde stationnaire et la position de la transition atomique excitée est
repérée en envoyant un deuxième faisceau issu du même laser perpendiculairement au jet atomique
(faisceau laser noté B qui sert de marqueur de fréquence).

La figure (6.23) représente la perte d’intensité du jet atomique enregistrée lorsque le laser à
colorant excite la transition 2S1/2,F=2−2 P3/2 du lithium 7. Comme nous n’utilisons pas de laser
repompeur, (il aurait fallu balayer les deux lasers en gardant leur écart de fréquence constant),
l’atome est rapidement transféré dans l’état 2S1/2,F=1 (après avoir absorbé en moyenne environ 2
photons) et la perte d’intensité sur le détecteur est faible. Pour maximiser le signal, nous avons
toutefois pris la précaution d’effectuer le pompage optique du jet atomique dans le niveau hyperfin
F = 2. Ce pompage est réalisé dans la chambre qui suit l’écorceur en utilisant une diode laser en
configuration Littrow.
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FIG. 6.22 – Schéma de principe de la mesure de la vitesse moyenne u par effet Doppler.

Mesure du cosinus de l’angle θ La projection de la vitesse de l’atome selon l’axe de propagation
du laser est donnée par le cosinus de l’angle θ. Pour mesurer cette quantité géométrique, nous
avons matérialisé l’axe du jet atomique sur la table optique à l’aide d’un pentaprisme et de deux
diaphragmes. L’axe de propagation de l’onde laser est matérialisé sur la même table en utilisant
le pentaprisme situé dans l’enceinte à vide. Nous mesurons ainsi le cosinus de l’angle θ avec une
précision de 0,12 % (cos(θ) = 0,9976±0,0012), correspondant à une erreur de 1 mm sur la mesure
de distances voisines de 1,65 mètres.

0 500 1000 1500 2000 2500 3000
0

4k

8k

12k

16k

20k

24k

28k

32k

B

Signal (c/s)

 

 

Fréquence (MHz)

A

FIG. 6.23 – Pertes d’intensité du jet atomique sous l’action de deux ondes lasers A et B, l’une
rasante A, l’autre B, perpendiculaire au jet atomique.

Mesure de la vitesse moyenne u
L’ajustement des points expérimentaux selon une loi Gaussienne conduit à un décalage Doppler

égal à 1585,9 ± 9,9 MHz après calibration de la cavité Fabry - Pérot utilisée. La vitesse moyenne
des atomes du jet est déduite de la relation (6.55) :

uDoppler = 1066,4±8,0 m/s (6.56)



6.5. MESURE DE LA VITESSE MOYENNE U DES ATOMES DE LITHIUM 181

Nous obtenons une précision de 0,75 %, essentiellement limitée par le rapport signal sur bruit de la
courbe enregistrée. On peut espérer réduire l’incertitude sur la mesure de la vitesse u jusqu’à 0,1 %
en utilisant un faisceau laser repompeur et en mesurant la fréquence du laser sonde par battements
avec une diode laser stabilisée sur une raie d’absorption saturée du lithium.

6.5.4 Estimation de u par la théorie des jets supersoniques

La théorie des jets supersoniques étudiée au chapitre 2 fournit l’expression de la vitesse u dans
le cas d’un jet d’argon pur :

uAr = (
5kBT0

m1
)1/2 (6.57)

où T0 désigne la température de la buse du four. Nous avons vu au chapitre 2 que cette température
est connnue avec une précision de 1 % environ : (T0 = 1073±11 Kelvins). La vitesse moyenne u
des atomes de lithium est obtenue en prenant en compte plusieurs corrections. La première consiste
à remplacer la masse d’argon m1 par la moyenne pondérée des masses atomiques du lithium et de
l’argon et la fraction molaire du lithium dans l’argon est de 5,15 ×10−3. La seconde correction est
liée au décalage de vitesse existant entre le lithium et l’argon : dans notre jet, les atomes de lithium
sont plus rapides que les atomes d’argon. P.A. Skovorodko estime ce décalage de vitesses à 1 %
environ en utilisant une simulation numérique [136] qu’il faut corriger en utilisant les équations
(2.27) et (2.42). Nous déduisons la vitesse moyenne u des atomes de lithium de la relation (2.14)
en utilisant l’équation (2.26) avec S‖ = 8,3 :

uT heorie = 1072,4±5,5 m/s (6.58)

où la barre d’erreur est liée à notre mesure de température sur l’avant du four. Cette valeur théorique
reste en accord satisfaisant avec les deux mesures effectuées.

6.5.5 Conclusions sur la mesure de la vitesse moyenne u

Les deux valeurs mesurées sont concordantes, et leur barre d’erreur est en bon accord avec celle
obtenue par le calcul théorique. Nous déduisons la valeur de la vitesse u des atomes de lithium en
prenant la valeur moyenne des deux mesures effectuées :

u =
uDoppler +uDi f f raction

2
= 1065,7 m/s (6.59)

et la barre d’erreur σ sur cette valeur moyenne est donnée par la relation :

1/σ2 = 1/σ2
Di f f raction +1/σ2

Doppler (6.60)

où σDi f f raction = 8,4 m/s et σDoppler = 8,0 m/s. La vitesse moyenne u des atomes de lithium est
donc connue avec une incertitude de 0,54 % :

uLi = 1065,7±5,8 m/s (6.61)
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6.6 Polarisabilité électrique de l’atome de lithium
La polarisabilité électrique de l’atome de lithium est déduite des résultats obtenus sur la géo-

métrie du condensateur (paragraphe 6.3), la mesure du déphasage moyen Lo Surdo - Stark φm/V 2
0

(paragraphe 6.4) et la mesure de la vitesse moyenne u des atomes de lithium (paragraphe 6.5).

Polarisabilité électrique statique du lithium 7

La polarisabilité électrique de l’atome de lithium est déduite de la relation (6.19) en explicitant
l’intégrale du carré du champ grâce à l’expression (6.34) :

αLi =
(

h̄u
2πε0

)
×

(
φm

V 2
0

)
×

[
h2

0

2a− 2h0
π

]
(6.62)

Les quantités géométriques a et h0 et le déphasage moyen φm/V 2
0 permettent de mesurer la

quantité α/u avec une précision de 0,35 % :

αLi/u = (2,283±0,008)×10−32 m2.s (6.63)

Les contributions étant indépendantes, nous avons sommé les erreurs quadratiquement. La table
(6.1) dresse la liste des incertitudes relatives sur les différentes quantités mesurées.

TAB. 6.1 – Budget d’erreur sur la mesure de polarisabilité de l’atome de lithium. Les incertitudes
relatives sont exprimées en 10−3.

Quantité Incertitude
Carré de l’épaisseur h du condensateur 2 × 1,46
Longueur 2a de l’électrode de potentiel 2,00

Mesure du déphsage φm/V 2
0 0,72

Vitesse u des atomes de lithium 5,44
Incertitude finale 6,53

Nous obtenons la valeur suivante pour la polarisabilité électrique de l’atome de lithium 7 :

αLi = (24,33±0,16)×10−30 m3 (6.64)

soit une incertitude finale de 0,66 %. La contribution majeure à la barre d’erreur provient de l’incer-
titude de 0,54 % sur la vitesse moyenne u des atomes de lithium. La barre d’erreur sur la géométrie
du condensateur compte pour 0,35 % et la largeur de la zone non conductrice séparant l’électrode
de potentiel des deux électrodes de garde compte pour 0,2 % pour cette première mesure. La me-
sure la plus précise est celle qui concerne le déphasage interférométrique connu à 0,07 % près,
grâce à la grande sensibilité en phase de notre appareil.

La polarisabilité mesurée est une moyenne de la polarisabilité de chacun des deux niveaux
hyperfins F = 1 et F = 2 de l’état fondamental 2S1/2 du lithium 7. L’étude menée au paragraphe
(6.1.2) a montré que la différence relative entre les polarisabilités électriques des deux niveaux
hyperfins est très faible (3 ×10−6) et complètement négligeable au degré de précision actuel.
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Comparaisons avec les mesures antérieures de cette quantité
Notre mesure de polarisabilité du lithium est en très bon accord avec les mesures antérieures de

cette quantité. En 1961, G.E. Chamberlain et J.C. Zorn avaient obtenu [204] : αLi = (22,0±1,5)×
10−30m3. Treize années plus tard, R. Molof et B. Bederson mesurèrent [96]:

αLi = (24,3±0,5)×10−30 m3 (6.65)

Malgré l’erreur sur la mesure de la vitesse des atomes, notre incertitude sur la détermination de la
polarisabilité du lithium 7 est de seulement 0,66 %, c’est à dire trois fois meilleure que la mesure
la plus précise à ce jour, effectuée par B. Bederson et ses collaborateurs en utilisant la méthode "E
- H gradient balance" [96]. La méthode interférométrique permet de mesurer la polarisabilité du
lithium en calculant le champ électrique appliqué. Dans la méthode E−H gradient balance, il faut
connaître un gradient de champ électrique et cette connaissance est délicate. R. Molof et al. [96]
utilisent une calibration externe pour y parvenir (paragraphe (6.1.2)).

Comparaison avec les estimations théoriques
En chimie théorique, il est d’usage d’exprimer les polarisabilités en unités atomiques. Sachant

que α(m3) = α0(u.a.) × a3
0 avec a0 = 0,529177×10−10 m, la polarisabilité mesurée est de :

αLi = 164,19±1,08 u.a. (6.66)

Notre mesure est en bon accord avec la plupart des estimations théoriques recensées. Cette
première mesure permet d’exclure les calculs Hartree - Fock, qui négligent les corrélations entre
électrons et situent la polarisabilité du lithium à 169,946 u.a. [227] à condition d’utiliser une base
de fonctions d’ondes atomiques suffisamment grande. La figure (6.24) dresse une liste non exhaus-
tive des calculs théoriques de la polarisabilité du lithium et situe notre mesure par rapport à ces
calculs.

1 2 3 4 5 6 7 8 9 10 11 12 13 14 15 16 17 18 19
163,4

163,6

163,8

164,0

164,2

164,4

164,6

164,8

165,0

 

 Référence 

Li
 theo (u.a.)

164,19 u.a.

FIG. 6.24 – Comparaison de la mesure de polarisabilité du lithium (αLi = 164,19 ± 1,08 u.a.,
pointillés) avec les calculs théoriques de cette quantité. Les références sont les suivantes : 1 [214],
2 [215], 3 [216], 4 [217], 5 [218], 6 [219], 7 [220], 8 [221], 9 [222], 10 [223], 11 [224], 12
[225], 13 [226], 14 [227], 15 [228], 16 [229], 17 [230], 18 [231], 19 [232].
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L’incertitude expérimentale (163,11 u.a. < αLi < 165,27 u.a.) englobant ces calculs théoriques,
elle n’a pas été représentée. Sur cette figure, nous n’avons pas représenté les premiers calculs théo-
riques de la polarisabilité du lithium réalisés au début des années 1960 par D. Parkinson [212] (αLi
= 168,71 u.a.) puis par R.M. Sternheimer [213] (αLi = 168,03 u.a.). Les premières références de la
figure (références 1 à 12) fournissent des estimations de la polarisabilité avec une précision limi-
tée : il s’agit souvent de calculs menés pour des espèces moléculaires et en visant le calcul d’autres
quantités (C6 atome - atome, hyperpolarisabilité,...). Les calculs se limitent parfois au second ordre
de perturbation pour le traitement de l’interaction de configuration [217]. Les références 13 à 19
recherchent une beaucoup plus grande précision et la plupart des méthodes de calcul utilisées font
appel au système de coordonnées Hylleraas et conduisent à αLi = 164,1 u.a. [228]. La méthode
par interaction de configuration (IC) conduit dans une approche non relativiste à αLi = 163,80 u.a.
[226]. La correction relativiste est très faible de l’ordre de 0,06 (αLi = 163,74 u.a. [226]). La valeur
de la polarisabilité est peu modifiée lorsqu’on combine la méthode par l’interaction de configu-
ration (CI) à la méthode Hylleraas (αLi = 164,1 u.a.,[221]). Ces calculs théoriques suggèrent que
la polarisabilité électrique du lithium est vraisemblablement comprise entre 163,7 et 164,2 u.a..
Notre mesure est en bon accord avec ces calculs et pour départager ces différents calculs, il faut
réduire encore notre incertitude d’un facteur de l’ordre de 5.

Perspectives
Il est possible de réduire l’incertitude sur la connaissance de αLi. La largeur de la zone non

conductrice, qui sépare l’électrode de potentiel de l’électrode de garde, peut être réduite à 50 µm,
ce qui permettrait d’atteindre une précision de 0,1 % sur la mesure de la distance 2a. On peut
également envisager d’augmenter la longueur de l’électrode de potentiel, ce qui permettrait une
réduction supplémentaire d’un facteur de l’ordre de 2. D’autre part, l’utilisation d’un faisceau
laser repompeur permettra d’améliorer de manière notable la mesure de la vitesse des atomes
et nous comptons mesurer la fréquence du laser par battements avec une diode laser stabilisée
sur une raie d’absorption saturée: on peut espérer mesurer la vitesse moyenne u des atomes avec
une incertitude de l’ordre de 0,1 %. Une mesure absolue de la polarisabilité du lithium avec une
incertitude de quelques 0,1 % semble ainsi réalisable avec des efforts raisonnables.

6.7 Conclusions
Nous avons mesuré la polarisabilité électrique de l’atome de lithium par interférométrie ato-

mique. Notre résultat est le suivant :

αLi = (24,33±0,16)×10−30 m3 (6.67)

TAB. 6.2 – Mesures de la polarisabilité électrique de l’atome de lithium.

Année Méthode de mesure αLi (×10−30 m3) Incertitude (%) Référence
1934 Déflexion électrostatique 12 ± 0.6 5 [203]
1961 Déflexion électrostatique 22,0 ± 1,5 6,8 [204]
1974 E-H gradient balance 24,3 ± 0,5 2,1 [96]
2004 Interférométrie atomique 24,33 ± 0,16 0,66 [78]
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Cette quantité physique est maintenant connue avec une incertitude de seulement 0,66 %, domi-
née par l’incertitude sur la détermination de la vitesse moyenne de l’atome. Cette première mesure
est actuellement soumise à publication et un pre-print est disponible [78]. La table (6.2) récaptitule
les différentes mesures de la polarisabilité du lithium en rappelant la méthode utilisée.

Jusqu’à lors, seule l’expérience de D. Pritchard avait conduit à une mesure absolue de la pola-
risabilité d’un atome (du sodium en l’occurence). Par rapport à ce travail pionnier, nous pouvons
formuler plusieurs remarques :

• Le condensateur construit, muni d’électrodes de garde dans le même plan que l’électrode
de potentiel, permet le calcul analytique de l’intégrale du carré du champ électrique E le long
de la trajectoire classique de l’atome. Avec une construction améliorée, nous espérons réduire
l’incertitude sur cette intégrale en dessous de 0,1 %, limitée par le potentiel inconnu dans les zones
non conductrices situées entre l’électrode de garde et l’électrode de potentiel.

• La sensibilité en phase de notre interféromètre est plus élevée et la précision de la mesure de
phase est limitée essentiellement par le manque de reproductibilité de la phase initiale des enre-
gistrements réalisés. Nous comptons améliorer cette reproductibilité en stabilisant la température
du banc de l’interféromètre supportant les trois miroirs et en recherchant les autres sources de
perturbation de cette phase.

• T.D. Roberts souligne dans sa thèse que la mesure réalisée en 1995 par C.R. Ekström [77]
était en fait une moyenne de la polarisabilité atomique du sodium et de celle du dimère Na2,
conduisant selon ces auteurs à une erreur de 2% sur la détermination de la polarisabilité. Dans
notre interféromètre, l’utilisation de la diffraction laser a pour conséquence que les dimères Li2
présents dans le jet atomique, et de manière plus générale, toute espèce chimique ne possédant
pas à la fois une transition de résonance intense à moins de 10 GHz de la raie D2 du lithium 7
ou ne vérifiant pas la condition de Bragg a une très faible probabilité d’être diffractée et donc de
contribuer au signal interférentiel.

• T.D. Roberts et ses collaborateurs ont mis au point une technique très originale pour corriger la
dépendance en vitesse du déphasage ∆φ induit par effet Lo Surdo - Stark [186]. Cette méthode, qui
consiste à appliquer un déphasage supplémentaire proportionnel à la vitesse de l’atome, permet
d’observer des franges atomiques avec une bonne visibilité pour des valeurs de déphasage très
élevées. Notre étude montre qu’une mesure de phase peut être effectuée de manière très précise,
même en présence d’une distribution de vitesse assez large et sans aucun effet de compensation,
à condition toutefois de prendre en compte la distribution de vitesse dans l’analyse des signaux
(paragraphe 6.4.4).

Nous concluons ce chapitre en explicitant deux propriétés originales de l’interféromètre :

• Notre mesure de phase consiste à déterminer l’augmentation de la vitesse v de l’atome lors-
qu’il pénètre dans la zone d’interaction avec le champ électrique. Les relations (6.5) et (6.17)
montrent que la variation de vitesse est extrêmement faible :

∆v
v

=
λdB

Le f f
× ∆φ

2π
' 5×10−9 (6.68)

pour notre champ électrique le plus élevé égal à 2 ×105 V/m. Nous mesurons donc de très faibles
variations de vitesse alors que la vitesse a une distribution assez large. Notre sensibilité ulitime est
remarquable : si on considère qu’elle est sensiblement de ∆φ' 2 à 3 milliradians, elle correspond
à ∆v/v' 6×10−13 !
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• Dans notre interféromètre, les deux parties de la fonction d’onde atomique occupent deux
régions de l’espace séparées par une distance voisine de 0,1 millimètre et un objet macroscopique,
le septum, est inséré entre ces deux chemins. Ce phénomène dure environ 0,1 milliseconde, sans
aucune perte de cohérence. Ce phénomène est certes une conséquence des lois de la mécanique
quantique, mais son observation reste toujours aussi surprenante et très enthousiasmante !
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Chapitre 7

Conclusions

Cette thèse représente l’aboutissement des travaux de recherche réalisés au L.C.A.R. dans le
domaine de l’interférométrie atomique avec l’atome de lithium depuis 2001. Les principaux ré-
sultats obtenus concernent la mise au point de l’interféromètre, une analyse très complète de ses
performances et de leur optimisation, et une première mesure par interférométrie atomique de la
polarisabilité statique électrique de l’atome de lithium.

L’interféromètre est un interféromètre de type Mach - Zehnder à bras séparés qui utilise la
diffraction élastique de l’onde atomique par trois ondes stationnaires laser quasi - résonantes avec
la première transition résonante de l’atome de lithium à 671 nm. La mesure de polarisabilité est
effectuée en appliquant un champ électrique sur un seul des deux chemins atomiques, distants
de seulement 0,1 millimètre, et séparés par une cloison de six micromètres d’épaisseur. Malgré
ces contraintes, la précision sur la mesure du déphasage induit par effet Lo Surdo - Stark est
remarquable (0,07 %) et résulte de l’observation de franges d’interférence atomique de très bonne
visibilité (jusqu’à V = 84,5 %) et de flux de sortie élevé (jusqu’à 100 000 c/s) au premier ordre de
diffraction. Cette incertitude très faible sur la détermination du déphasage conduit à une incertitude
finale de 0,66 % sur la polarisabilité du lithium, dominée par l’incertitude sur la vitesse moyenne
des atomes de lithium. Le résultat obtenu améliore la connaissance de la polarisabilité du lithium
d’un facteur trois par rapport aux mesures les plus précises recensées dans la littérature.

Cette thèse comprend trois grandes parties : le réglage de l’interféromètre atomique (chapitres
1, 2 et 3), l’observation et l’optimisation des signaux d’interférence (chapitre 4), et l’utilisation de
l’interféromètre atomique pour effectuer des mesures de précision (chapitres 5 et 6).

Le réglage de l’interféromètre atomique
Cette thèse a débuté par la reconstruction du dispositif expérimental suite à un accident survenu

en juillet 2001. Cet accident a été lourd de conséquences car de nombreuses difficultés décrites
dans le premier chapitre sont venues se greffer successivement et de manière inattendue. La pos-
sibilité d’effectuer des mesures de grande précision par interférométrie atomique se retrouve dans
la construction de l’appareil à travers des procédures d’alignement d’une très grande précision :
l’alignement des miroirs à ondes stationnaires, décrit au chapitre 1, est ainsi effectué à seulement
quelques microradians près alors que ces miroirs sont séparés par une distance de l’ordre du mètre.

Le détecteur de l’interféromètre, un détecteur de Langmuir - Taylor ou détecteur à fil chaud, a
été mis au point et caractérisé dès 2001 [91]. Cette thèse termine la caractérisation de l’appareil de
mesure en effectuant une étude similaire sur la source atomique au chapitre 2.
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Le jet atomique est un jet supersonique d’atomes de lithium ensemencé dans de l’argon. Nous
nous sommes intéressés à deux propriétés très importantes en vue d’effectuer une mesure de préci-
sion. Dans un premier temps, nous avons étudié la distribution de vitesse du jet atomique. A cette
occasion, nous avons mis en évidence un effet de refroidissement anormal des atomes de lithium
dans le jet d’argon. Cet effet est relativement important, d’un facteur trois à l’avantage de l’espèce
la plus légère. Pour comprendre cet effet, un calcul de la température parallèle finale des atomes de
lithium dans le jet d’argon est développé au chapitre 2 de cette thèse. Ce calcul est une extension
au cas du mélange de deux gaz purs monoatomiques de la théorie établie par Beijerinck et Vers-
ter pour l’expansion supersonique d’un gaz pur monoatomique. Il est valable dans la limite d’une
grande dilution des atomes de l’espèce ensemencée et cette hypothèse est très bien vérifiée dans
notre jet atomique. Ce calcul est d’une grande originalité car le cas généralement étudié dans la
littérature est celui de l’ensemencement d’une espèce lourde dans un gaz porteur plus léger. Nous
avons vérifié l’effet de refroidissement prédit en mesurant par effet Doppler la température paral-
lèle finale des atomes de lithium du jet par fluorescence induite par laser. Dans un deuxième temps,
nous avons évalué la brillance de notre jet atomique : BLi ' 2,8×1020 atomes.s−1.m−2.sr−1. Cette
valeur est comparable avec les meilleures brillances obtenues avec ce type de jet atomique.

L’observation et l’optimisation des signaux d’interférence
Les chapitres 3 et 4 portent sur l’observation de phénomènes de diffraction et d’interférence ato-

mique. Notre appareil délivre des signaux d’interférence d’une très grande visibilité allant jusqu’à
84,5 % au premier ordre de diffraction. Des franges d’interférence ont également été observées par
diffraction de l’onde atomique au second et au troisième ordre de diffraction avec les facteurs de
visibilité suivants : 58 % au second ordre de diffraction et 26 % au troisième ordre. Avant nous,
seule l’équipe de S.A. Lee avait fait fonctionner un interféromètre atomique avec le troisième ordre
de diffraction et pour chaque ordre de diffraction, la visibilité que nous obtenons est plus élevée
d’environ 20 %. La perte de visibilité observée lorsque l’ordre de diffraction augmente est analysée
au chapitre 4 en soulignant qu’elle intègre à priori plusieurs contributions différentes : vibrations
des miroirs de l’interféromètre (par flexion, rotation ou accélération du banc), rôle de l’émission
spontanée, influence des phases de diffraction et des gradients de champ magnétique et électrique
résiduels. La diffraction de l’onde atomique par laser permet également de diffracter sélectivement
les atomes de l’isotope bosonique 6Li minoritaire, présents dans le jet atomique sous l’abondance
naturelle de 7,5 %. Malgré cette faible abondance, nous avons observé des franges d’interférence
de visibilité 55 % au premier ordre de diffraction.

L’interféromètre atomique comme appareil de mesure
La qualité de nos signaux d’interférence atomique permet de réaliser des mesures de grande

précision discutées dans les deux derniers chapitres de la thèse. Deux exemples de perturbation
sont proposés, correspondant à l’étude de l’effet Zeeman (chapitre 5) et de l’effet Lo Surdo - Stark
(chapitre 6) en interférométrie atomique.

Sensibilité de l’interféromètre atomique aux gradients de champ magnétique L’étude de
l’effet Zeeman a permis d’évaluer la grande sensibilité de notre appareil aux gradients de champ
magnétique. L’application d’un gradient de champ magnétique souligne le caractère paramagné-
tique de l’atome de lithium et la différence de comportement observée avec chacun des deux iso-
topes résulte principalement de la différence de leurs spins nucléaires.
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Nous avons réalisé plusieurs expériences correspondant à différentes configurations du jet ato-
mique et de l’interféromètre, en utilisant le pompage optique du jet atomique et la diffraction de
l’onde atomique au premier et au second ordre de diffraction. Cette expérience met en évidence
le rôle de l’effet Zeeman quadratique lié au découplage hyperfin qui est nécessaire pour expliquer
en détail le comportement mesuré pour la visibilité et le déphasage des franges atomiques en pré-
sence d’un champ magnétique à peine supérieur à 10−3 Tesla. L’importance du terme quadratique
de l’effet Zeeman avec des champs magnétiques de 10−3 Tesla s’explique par la faible valeur de
l’écart hyperfin des deux isotopes de l’atome de lithium. Avant nous, seules les équipes de D. Prit-
chard et S.A. Lee avaient effectué une étude similaire sur un interféromètre à bras séparés. Dans
ces deux expériences, l’effet Zeeman linéaire suffisait à expliquer l’ensemble des mesures réalisées
et aucun pompage optique n’avait été mis en oeuvre.

Les résultats de ce chapitre améliorent notre compréhension de l’interféromètre en chiffrant
l’importance des gradients de champ magnétique résiduels dans l’appareil de mesure. Ces gra-
dients sont très faibles et peuvent être considérés comme négligeables puisqu’ils conduisent à une
réduction de la visibilité de seulement 1 à 2 %. Notre meilleure visibilité (V = 84,5 %) a toutefois
été obtenue en compensant ces faibles gradients résiduels. L’apport de l’interférométrie atomique
reste limité du point de vue de l’effet Zeeman car la résonance magnétique permet de mesurer
cet effet avec une très grande précision. Ainsi, les résultats obtenus au chapitre 5 constituent une
preuve du bon fonctionnement de l’appareil de mesure et s’apparentent à une illustration de notre
capacité à mesurer le déphasage induit par une perturbation.

Première mesure de la polarisabilité électrique du lithium par interférométrie atomique

La mesure de la polarisabilité électrique d’un atome est un cas intéressant d’application de l’in-
terférométrie atomique car cette les techniques de spectroscopie laser ne donnent accès qu’à des
différences de polarisabilités. Une mesure absolue de la polarisabilité électrique de l’atome de li-
thium par interférométrie atomique est décrite dans le sixième et dernier chapitre. Cette mesure
utilise les différents savoirs - faire décrits tout au long de la thèse relativement à la mise au point
du jet d’atomes de lithium (chapitre 2), à la diffraction de l’onde atomique (chapitre 3), à l’opti-
misation de la sensibilité en phase de l’interféromètre (chapitre 4) ou encore à l’application d’une
perturbation externe (chapitre 5).

Le condensateur nécessaire pour appliquer un champ électrique sur un seul chemin atomique
est de construction complexe, car les deux chemins sont très proches, distants d’au plus 0,1 milli-
mètre. Jusqu’à maintenant, une telle expérience n’a été réalisée que pour l’atome de sodium par D.
Pritchard et ses collaborateurs [77] (une expérience similaire a été menée en 2003 dans le groupe
de J.P. Toennies sur l’hélium et le dimère d’hélium [195] mais ce travail n’est pas publié). Notre
condensateur est muni d’électrodes de garde situées dans le même plan que l’électrode de potentiel.
Ce choix, différent de celui de D. Pritchard, permet un calcul analytique de la longueur effective
du condensateur. Avec ce premier condensateur, la géométrie du condensateur est connue avec une
incertitude de 0,35 %.

Le déphasage induit par effet Lo Surdo - Stark est connu avec une grande précision (0,07 %),
obtenue lors d’une série de 22 mesures avec seulement quelques minutes d’acquisition pour chaque
série. Malgré des temps d’enregistrements inférieurs à trois minutes, notre mesure de déphasage est
limitée par l’incertitude sur la dérive de la phase de l’interférogramme en l’absence de champ élec-
trique appliqué. L’origine de cette dérive est étudiée dans le corps de la thèse en montrant qu’elle
provient essentiellement des gradients de température présents dans le banc de l’interféromètre.
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Enfin, la vitesse moyenne des atomes de lithium est mesurée par diffraction de l’onde atomique
puis par effet Doppler, et ces deux méthodes sont concordantes et en bon accord avec la valeur dé-
duite de la théorie des jets supersoniques. L’incertitude sur la mesure de polarisabilité est dominée
par l’incertitude sur la vitesse moyenne des atomes de lithium connue à 0,54 % près.

La polarisabilité électrique de l’atome de lithium est par conséquent :

αLi = (24,33±0,16)×10−30 m3

Cette première mesure de la polarisabilité du lithium par interférométrie est très encourageante :
l’incertitude sur la détermination de cette quantité physique est de 0,66 %, elle est donc trois fois
inférieure aux mesures antérieures de cette quantité [96], ce qui permet d’exclure certaines valeurs
théoriques proposées dans la littérature. Ce résultat laisse entrevoir de possibles améliorations : nos
résultats montrent qu’il est possible d’améliorer l’incertitude sur la géométrie du condensateur lors
d’une deuxième construction, par exemple en réduisant la largeur de la zone non conductrice de
100 µm existant entre les électrodes de garde et l’électrode de potentiel. On peut également espérer
améliorer la mesure de la vitesse effectuée par effet Doppler jusqu’à une incertitude de 0,1 % en
mesurant la fréquence du laser sonde par battements avec une diode laser stabilisée sur une raie
d’absorption saturée et en utilisant un faisceau laser repompeur.

La mesure de la polarisabilité de l’atome de lithium montre la très grande sensibilité de l’in-
terféromètre construit. L’expérience consiste à mesurer l’augmentation de la vitesse des atomes :
cette variation de vitesse est de l’ordre de 4×10−9 pour le potentiel appliqué le plus élevé ! Dans le
même temps, la vitesse moyenne des atomes est précisément l’incertitude principale sur la mesure.

Perspectives

Ces premiers résultats permettent d’envisager la réalisation de nombreuses expériences dont
nous allons décrire le principe.

Polarisabilité du lithium 6

Les franges d’interférence atomique observées en utilisant l’isotope bosonique 6Li minoritaire
permettent d’envisager la mesure de la polarisabilité de l’isotope 6Li. Cette mesure n’est pas
simple, et nous allons en préciser les enjeux.

La différence de polarisabilité entre les deux isotopes est très faible, de l’ordre de 3×10−5 en
valeur relative (cet ordre de grandeur peut être déduit d’un modèle hydrogénoïde). A ce degré de
précision, des effets jusqu’à lors négligés entrent en jeu, par exemple la correction de la longueur
effective avec le carré de la distance au septum (paragraphe (6.3.2)). L’interféromètre doit posséder
une sensibilité en phase optimale pour l’isotope 6Li, que l’on peut probablement obtenir en utilisant
du lithium 6 enrichi. Enfin, il faut estimer correctement le décalage de vitesses pour l’isotope 6Li :
P.A. Skovorodko [136] l’estime à 1% pour l’isotope fermionique majoritaire. On pourrait ainsi
mesurer le rapport de deux polarisabilités, ce qui supprimerait les incertitudes dues aux effets
systématiques, le même condensateur pouvant être utilisé pour mener à bien les deux mesures.
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Indice de réfraction d’un gaz pour une onde atomique de lithium

Par analogie avec l’optique, il est possible d’insérer un milieu dilué sur un seul des deux chemins
atomiques. Ce milieu est alors caractérisé par un indice complexe, ce qui traduit le déphasage et
l’atténuation de l’onde atomique à la traversée du milieu. L’apport de l’interférométrie atomique
pour la mesure d’indices est réel : les expériences traditionnelles de collisions ne donnent accès
qu’aux sections efficaces, c’est à dire à l’atténuation de l’onde atomique. Une expérience similaire
a été menée dans l’équipe de D. Pritchard pour une onde atomique de sodium [89, 190].

Action de champs magnétique et électrique croisés

Les mesures effectuées au cours de la thèse ont consisté à appliquer un champ magnétique, puis
un champ électrique. L’étape suivante consiste à s’intéresser à la modification du vecteur d’onde
atomique sous l’action de champs électriques et magnétiques croisés. Le dipôle induit est alors
modifié sous l’action du champ magnétique :

d = α(E+v×B)

où α désigne la polarisabilité de l’atome. Cet effet a été prédit par M. Wilkens en 1994 [240] et
discuté ensuite par H. Wei et ses collaborateurs en 1995 [241]. Une propriété assez surprenante est
que l’effet change de signe lorsque l’un quelconque des trois vecteurs, k,E,B est changé en son
opposé. Cet effet n’a jamais été observé pour des atomes. En revanche, il a été observé pour l’ion
moléculaire CO+ [242].

Le condensateur construit pour la mesure de polarisabilité muni du septum, peut être utilisé pour
créer des champs électriques de même intensité mais de direction opposée et un champ magnétique
peut être appliqué perpendiculairement au plan de l’interféromètre. Pour un champ électrique E =
5 ×105 V/m, appliqué sur une distance de 5 centimètres, et un champ magnétique B de l’ordre de
0,01 à 0,1 Tesla, nous calculons un déphasage de 12 à 120 milliradians, qui semble mesurable dans
des temps d’acquisition raisonnables.
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Annexe A

L’atome de lithium

L’élément lithium a été découvert en 1817 par le physicien Suédois J.A. Arfvedson à l’état
de silicates LiAl(Si2O5)2. Un an plus tard, C.G. Gmelin, minéralosgiste et chimiste allemand,
observa que le chauffage du lithium s’accompagnait de flammes rougeâtres, caractéristiques de la
raie atomique à 671 nm que nous utilisons pour la diffraction de l’onde atomique de lithium.

Cette annexe rassemble des données numériques relatives à l’atome de lithium et à sa diffraction
par une onde laser stationnaire quasi-résonante. La figure (A.1) est une photographie d’un morceau
de lithium. L’essentiel des valeurs numériques utiles est concentré dans le tableau récapitulatif
( A.2) situé en fin d’annexe.

FIG. A.1 – Photographie d’un échantillon de lithium métallique. L’échantillon, stocké dans l’air
du laboratoire, est partiellement recouvert d’une couche d’oxydes et de carbonates.

L’atome de lithium est présent à l’état naturel sous la forme de deux isotopes stables. L’isotope
majoritaire est l’atome de lithium 7 qui est un boson d’abondance isotopique 92,41 % alors que
l’atome de lithium 6 est un fermion d’abondance 7,59 % [243]. Les masses des deux isotopes sont
m(6Li) = 6,015122 u. et m(7Li) = 7,016004 u. (1 u. = 1,66053873 ×10−27 kg [244]).

A.1 Structure énergétique des niveaux
Comme tous les alcalins, l’atome de lithium est un atome paramagnétique avec un état fonda-

mental 2S1/2. Pour l’isotope 7, le spin nucléaire I vaut 3/2 alors que I = 1 pour l’isotope 6. Dans
son état fondamental, l’atome présente ainsi deux niveaux de structure hyperfine, correspondant
aux niveaux de moment cinétique total F = I± 1/2. Nous diffractons l’atome de lithium en utilisant
la première transition de résonance 2S1/2-2PJ et nous allons présenter la structure fine, hyperfine
et isotopique de cette transition. La figure (A.2) représente la structure énergétique des premiers
niveaux pour chacun des isotopes stables du lithium.
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FIG. A.2 – Structure énergétique des premiers niveaux des deux isotopes du lithium tirée des
références ([245, 246, 247, 248]). Les écarts énergétiques sont connus avec une très grande préci-
sion. Toutefois, seuls les premiers chiffres significatifs sont donnés dans cette figure. Pour chaque
isotope, on a représenté par une flèche la transition laser utilisée pour la diffraction de l’onde
atomique : l’onde laser est désaccordée vers le bleu de la transition D2 pour l’isotope 7, vers le
rouge de la transition D1 pour l’isotope 6.
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Le tableau ( A.1), tiré de la référence [247], indique les nombres d’onde des centres de gravité
des raies D1 et D2 pour les deux isotopes. On remarque que la raie D2 de l’isotope 6 a un nombre
d’onde légèrement inférieur à celui de la raie D1 du lithium 7, d’environ 0,016 cm−1 soit 480 MHz.
L’écart isotopique sur la raie D est donc très voisin de la structure fine de cette transition, elle -
même très voisine de 10 GHz.

TAB. A.1 – Nombres d’onde σ des centres de gravité des transitions D1 et D2 des deux isotopes
du lithium, tirés de la référence [247]. Les incertitudes rapportées traduisent un intervalle de
confiance de 95 %.

Raie 7Li(D1) 7Li(D2) 6Li(D1) 6Li(D2)
σ (cm−1) 14903,648130 (14) 14903,983468 (14) 14903,296792 (23) 14903,632116 (18)

La durée de vie de l’état 2P du lithium 7 a été mesurée dans l’équipe de R.G. Hulet: τ =
27,102(2)(9)ns [176], la première incertitude étant statistique et la seconde systématique. L’erreur
sur τ est dominée par la détermination du coefficient C3 de l’interaction dipole - dipole du dimère
de lithium Li2. Les coefficient C3 obtenus pour chaque isotope 6Li2 et 7Li2 ne diffèrent pas de
manière notable, les effets isotopiques étant inférieur à 10−4. Nous déduisons la largeur naturelle
de la raie atomique 2S - 2P de la durée de vie de l’état 2P, supposée identique pour les deux
isotopes :

Γ/(2π) = 1/(2πτ) = 5,872 MHz (A.1)

A.2 Données numériques relatives à la diffraction du lithium
Les quantités importantes sont la pulsation de recul d’un atome de lithium, le dipôle de transition

de la transition de résonance et, ce qui est équivalent, l’intensité de saturation de cette transition.

A.2.1 Pulsation de recul du lithium
La pulsation de recul est donnée par h̄ωr = h̄2k2

L/(2m), kL désignant le vecteur d’onde laser.
Nous effectuerons ce calcul à la résonance, même si kL prend une valeur légèrement différente
hors résonance. Pour le lithium 7Li, nous utilisons un laser décalé de quelques GigaHertz vers le
bleu de la raie D2 (transition 2S1/2−2 P3/2) et nous trouvons :

ωr = 396528 s−1 soit encore ωr/(2π) = 63,109 kHz (A.2)

Pour le lithium 6Li, nous utilisons un laser décalé vers le rouge de la raie D1 (transition 2S1/2−2

P1/2) et nous trouvons :

ωr = 462465 s−1 soit encore ωr/(2π) = 73,604 kHz (A.3)

A.2.2 Dipôle de transition
Si l’on suppose les effets relativistes négligeables, le dipôle de transition est indépendant du

niveau de structure fine J = 1/2 ou J = 3/2 de l’état excité 2P. Nous le noterons dSP sans plus de
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précision. La durée de vie τ de l’état excité permet le calcul de ce dipôle à partir de la pulsation ω0
de la transition 2S−2 P

1/τ = ASP =
ω3

0
3πεoh̄c3 ∑

ML,i=x,y,z
|<2 S|di|2P;M′

L > |2 (A.4)

Dans le cas particulier d’un état S, la somme de l’équation (A.4) se limite à un seul terme :

∑
ML

|<2 S;ML|−→d |2P;M′
L > |2 = ∑

ML

|<2 S;ML = 0|−→d |2P;M′
L = 0 > |2 =

d2
SP
3

(A.5)

et l’expression du dipôle de transition est la suivante :

(dSP)2 = 9πε0h̄c3/(τω3
0) (A.6)

A partir de la valeur de τ mesurée par l’équipe de R. Hulet nous obtenons:

dSP = (3,44572±0,00046)×10−29 C.m (A.7)

A.2.3 Intensité de saturation de la transition résonante
On détermine généralement l’intensité de saturation à partir du paramètre de saturation s défini

par

s =
Ω2

1/2
(ω−ω0)2 +Γ2/4

(A.8)

où Ω1 = E0dSP/h̄ désigne la pulsation de Rabi associée à la transition. Le seuil de saturation
correspond à s = 1, ce qui permet de calculer l’intensité de saturation de la transition 2S−2 P

Isat = ε0cE2
0/2 = ε0ch̄2/(4d2τ2) = 0,85 mW/cm2 (A.9)

A.3 Tableau récapitulatif

TAB. A.2 – Quelques valeurs numériques concernant l’atome de lithium (isotopes 6 et 7).

Quantité Notation 7Li 6Li
Abondance isotopique naturelle (%) 92,4 7,6

Masse de l’atome (u.) m 7,016004 6,015122
Moment cinétique nucléaire I 3/2 1/2

Ecartement hyperfin du 2S1/2(MHz) ∆νHFS 803,5 228,2
Pulsation de recul (kHz) ωr/(2π) 63,109 73,604

Dipôle de la transition 2S−2 P (C.m) dSP 3,45 ×10−29 3,45 ×10−29

Largeur naturelle de la raie (MHz) Γ/(2π) 5,872 5,872
Intensité de saturation (mW/cm2) IS 0,85 0,85
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Annexe B

Collisions entre deux atomes

On se propose de définir et de calculer numériquement les quantités suivantes, introduites au
chapitre 2, associées à la collision de deux atomes d’espèce chimique i et j :

– les sections efficaces de collision d’ordre l, Q(l)
i, j

– les intégrales de collision Ω(l,s)
i, j (T ), moyennes thermiques de Q(l)

i, j

Cette étude sera l’occasion de tester le domaine de validité de l’approximation Q(l)
i, j ∝ g−2/3,

effectuée au paragraphe (2.3), g désignant la vitesse relative des atomes qui entrent en collision.
Nous déterminerons ainsi la valeur numérique du rapport d’ordre ρo, défini comme le rapport
des sections efficaces Q(l)

i, j d’ordre 1 et 2. La dépendance en température des intégrales Ω(l,s)
i, j est

également étudiée dans cette annexe. Les définitions et la plupart des résultats suivants découlent
du livre " Molecular theory of gases and liquids", écrit par J. O. Hirschfelder, C. F. Curtiss and R.
Byron Bird [130].

B.1 Définition des sections efficaces de collision
Nous nous intéressons à la collision de deux atomes d’espèce chimique i et j, de vitesse relative

g, µ = mim j/(mi +m j) désignant la masse réduite des deux atomes. On définit les sections efficaces
moyennées en angle Q(l)

i, j (g) à partir de la section efficace différentielle dσi, j(g)/dΩ, (équation 8.2-
2 de [130]) :

Q(l)
i, j (g) =

Z dσi, j(g)
dΩ

(1− cosl χ)dΩ (B.1)

où χ désigne l’angle de déflexion. En mécanique classique, l’angle de déflexion χ dépend du para-
mètre d’impact b et de la vitesse relative g. Q(l)

i, j (g) est ainsi donné par :

Q(l)
i, j (g) =

Z
(1− cosl χ)2πbdb (B.2)

Les moyennes thermiques Ω(l,s)
i, j (T ) sont définies dans l’équation 8.2-3 de la référence [130], en

posant γ2 = µg2/(2kBT ) :

Ω(l,s)
i, j (T ) =

√
kBT/(2πµ)

Z ∞

0
Q(l)

i, j (g)γ2s+3 exp(−γ2)dγ (B.3)
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A titre d’exemple, on peut déterminer les sections efficaces Q(l)
i, j en décrivant l’interaction des

atomes i et j dans le modèle des sphères dures de diamètre σ. L’équation 8.2-4, référence [130]
fournit Q(1)

i, j = πσ2 et Q(2)
i, j = 2πσ2/3, ces valeurs étant indépendantes de g. Nous verrons que le

potentiel de type Lennard - Jones (12 - 6) conduit à une dépendance de Q(l)
i, j en g−2/3.

Validité de l’approche par la mécanique classique

Nous étudions la collision à basse énergie entre les atomes i et j dans le cadre de la méca-
nique classique. Trois arguments permettent de justifier cette approximation dans le cas du lithium
ensemencé dans de l’argon :

1. Le caractère quantique de l’interaction entre deux atomes est généralement mesuré par le
paramètre quantique η = h̄2/(mσ2ε) introduit par Stwalley et Nosanow [249] (voir également De
Boer et Lunbeck [250]). Les notations utilisées sont les notations habituelles : ε est la profondeur
du puits de potentiel et σ désigne le rayon de coeur. Une valeur de η élevée indique un comporte-
ment typiquement quantique alors qu’une valeur très faible correspond à un comportement quasi
- classique. Un système typiquement quantique est le dimère 4He pour lequel η ≈ 0,18 [249]. Le
dimère d’argon [145], caractérisé par η ≈ 0,75× 10−3, et le système 7Li−Ar [146], de valeur
η≈ 6,6×10−3 ont donc un caractère quantique beaucoup plus faible.

2. La section efficace différentielle contient plusieurs effets quantiques. Ces effets sont large-
ment réduits par la moyenne angulaire réalisée à l’équation (B.1) et réduits encore davantage par
la moyenne thermique de l’équation (B.3).

3. Certains effets quantiques persistent malgré les moyennes angulaires et thermiques du pa-
ragraphe précédent: c’est le cas du comportement de la section efficace à très basse énergie, à
l’effet de seuil quantique. D’après Julienne et Mies [251], ce régime s’étend jusqu’à une énergie
de l’ordre de h̄3µ−3/2C−1/2

6 pour un potentiel d’interaction en−C6/r6. A l’effet de seuil quantique,
on explique l’augmentation de section efficace lors des collisions entre atomes d’hélium calculée
par Toennies et Winkelmann. En utilisant les valeurs de C6 de la référence [98], nous concluons
que les collisions Ar−Ar ou 7Li−Ar ne sont pas concernées par cet effet, qui ne serait observable
que pour des températures de l’ordre de 10−2 ou 2×10−2 Kelvin respectivement, des valeurs net-
tement inférieures aux plus petites températures obtenues dans les jets d’argon, qui sont plutôt de
l’ordre du Kelvin [114, 132], limitées par la condensation du jet.

B.2 Angle de déflexion d’une collision
Dans le référentiel du centre de masse, l’étude du mouvement des deux atomes se ramène à celui

de la particule fictive, les trajectoires des atomes i et j étant homothétiques de celle de A. On obtient
les équations du mouvement de A à partir de la conservation de l’énergie E et du moment cinétique
L de la particule fictive. Les conditions initiales permettent de déterminer E = µg2/2 et L = µbg,
b désignant le paramètre d’impact de la collision. En introduisant un système de coordonnées
polaires (r,θ) dans le plan de la trajectoire (plan de vecteur normal L), les lois de conservation
s’expriment sous la forme :

1
2

µ [ (
dr
dt

)2 + r2 (
dθ
dt

)2 ] + V (r) = E (B.4-a)

µ r2 dθ
dt

= L (B.4-b)
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V (r) désignant le potentiel d’interaction entre les atomes i et j. Comme pour tout mouvement à
force centrale, nous introduisons le potentiel effectif Ve f f (r) = V (r)+ L2/(2µr2) puis nous inté-
grons les équations de conservation en remarquant que la position de la particule relative varie de
l’infini à rm, la distance minimale d’approche, telle que E = Ve f f (rm) :

t =
Z ∞

rm

dr√
2
µ(E−Ve f f (r))

(B.5-a)

θ =
Z ∞

rm

L
µr2

dr√
2
µ(E−Ve f f (r))

(B.5-b)

Par définition, l’angle de déflexion χ est l’angle entre les vitesses relatives des deux atomes avant
et après la collision. Lors d’une collision, la position de la particule fictive décroit de l’infini à rm
avant de repartir vers l’infini. Ainsi, l’angle de déflexion est relié à l’angle θm pour lequel r = rm
par la relation χ = π− 2θm. En mécanique classique, l’angle de délexion apparaît ainsi sous la
forme d’une fonction du paramètre d’impact b et de l’énergie de la particule relative E = µg2/2,
donnée par l’équation (B.5-b) :

χ(b,E) = π−2b
Z ∞

rm

dr
r2

√
1−Ve f f (r)/E

(B.6)

Potentiel de Lennard - Jones 12 - 6

L’interaction entre les atomes i et j est décrite par un potentiel de type Lennard - Jones (12 -
6). Nous exprimons les coefficients C12 et C6 du potentiel en fonction de la profondeur ε du puits
de potentiel et du rayon de coeur σ défini par la relation V (r = σ) = 0 (paragraphe 8.2 de [130]).
Nous obtenons alors :

V (r) =
C12

r12 −
C6

r6 = 4ε
[
(
σ
r
)12− (

σ
r
)6

]
(B.7)

Une fois le potentiel d’interaction choisi, nous exprimons les quantités physiques dans un système
d’unités réduites, obtenu en exprimant les distances en fonction du rayon de coeur et les énergies
en fonction de la profondeur du puits :

r∗ = r/σ b∗ = b/σ E∗ = E/ε (B.8)

Les unités réduites ont l’avantage d’être sans dimension, et ainsi les quantités sont toujours de
l’ordre de l’unité. En unités réduites, le potentiel effectif Ve f f (r) s’écrit :

V ?
e f f (r

?) =
4

r?12 −
4

r?6 +E?(
b?

r?
)2 (B.9)

et l’intégrale de collision Q(l) s’exprime en unités réduites sous la forme : 1

Q(l)∗ = Q(l)/σ2 (B.10)

1. Pour ne pas alourdir les notations, les indices i et j indiquant les partenaires de la collision seront omis.
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Différentes trajectoires envisageables

La figure (B.1) représente le potentiel effectif réduit en fonction de r∗ pour différentes valeurs
du produit E∗b∗2. La courbe change de concavité pour une valeur critique du produit E∗b∗2 égale
à 36× 5−5/3 = 2,4624. En dessous de cette valeur critique, la particule fictive sonde le puits de
potentiel et vient rebondir sur le mur répulsif en r−12. Au-delà du paramètre critique, la trajectoire
de la particule est essentiellement due aux forces attractives et à la répulsion centrifuge.

0 1 2 3 4 5 6 7 8
-1,0

-0,8

-0,6

-0,4

-0,2

0,0

0,2

0,4

0,6

0,8

1,0

1,2

 

r* = r/

Veff*(r*)

FIG. B.1 – Potentiel effectif réduit V ∗
e f f (r

∗) en fonction de la distance réduite r∗ pour différentes
valeurs de E∗b∗2 (Graphe inspiré de J.O. Hirschfelder [130]) De bas en haut, on décrit successi-
vement E∗b∗2 = 0,008 (trait plein), 1 (pointillés), 2,4624 (points) et 10 (trait mixte).

Lorsque E∗b∗2 = 2,4624, la courbe présente un point d’inflexion dont les coordonnées sont
(r∗ = 51/6 ' 1,308;V ∗

e f f = 0,8). Lorsque l’énergie réduite E∗ est inférieure à cette valeur limite de
0,8, il existe toujours une valeur du paramètre d’impact réduit b∗ pour laquelle l’énergie E∗ corres-
pond à un maximum de V ∗

e f f . Lorsque cette condition est remplie, le phénomène de collision or-
bitante apparaît. La particule fictive reste au voisinage du maximum d’énergie de V ∗

e f f en tournant
une infinité de fois autour de l’origine à une position r∗M telle que (∂V ∗

e f f /∂r∗)r∗M = 0. Déterminer r∗M
dans le cas général suppose de résoudre une équation du 5e degré. A basse énergie (E∗b∗2 << 1),
on peut toutefois négliger le monôme de plus haut degré, ce qui fournit r∗M = [12/(E∗b∗2)]1/4. En
écrivant la condition de collision orbitante E∗ = Max(V ∗

e f f (r
∗)), on obtient la valeur du paramètre

d’impact réduit correspondant à une collision orbitante de basse énergie: b∗orb = (27/E∗)1/6, soit
encore dans le système d’unité traditionnel : borb = (27C6/(2µg2))1/6.
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Angle de déflexion

Nous avons calculé l’angle de déflexion χ(b∗) pour différentes valeurs de l’énergie réduite E∗.
L’équation (B.6) permet d’exprimer l’angle de déflexion en unités réduites :

χ(b∗,E∗) = π−2b∗
Z ∞

r∗min

dr∗

r∗2
√

1−V ∗
e f f (r∗)/E∗

(B.11)

Pour différentes valeurs d’énergie E∗ et de paramètre d’impact b∗, on recherche le minimum r?
m,

puis le maximum local r∗M, lorsqu’il existe. L’intégration numérique est effectuée par la méthode
de Newton - Mac Laurin en introduisant la variable X = r∗−2 dans l’intégrale ci-dessus. La figure
(B.2) représente la variation de (1− cos(χ)) en fonction de b∗2 pour différentes énergies réduites
E∗. Lorsque E∗ ≤ 0,8, la courbe présente des oscillations rapides correspondant au phénomène de
collision orbitante. Pour des énergies plus élevées, la singularité orbitante disparaît et la courbe
s’apparente à celle du modèle des sphères dures. En réalité, le terme répulsif en r−12 fait que la
courbe obtenue pour un potentiel de type Lennard - Jones est située au dessous de celle obtenue
dans un modèle de type sphères dures, représentée en pointillés sur la figure (B.2). Notre simulation
numérique reproduit correctement la fonction de déflexion analytique proposée par Beijerinck et
Verster (Cf. [114] - Appendice A), valable pour des énergies E∗ ≤ 0,1 :

χ(b∗,E∗) = π−1,65b∗−1,05×Ln((1+b∗)/(1−b∗)) si 0≤ b∗ ≤ 1 (B.12-a)
= 5π[0,96Ln((b?6−1)/b?6)−0,04/(b?6−1)]/36 si b∗ > 1 (B.12-b)
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FIG. B.2 – Comportement de 1− cos(χ) en fonction de b∗2 pour E∗ = 0,4 - 0,8 - 1,0 et 10.
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B.3 Sections efficaces de collision Q(l)

Pour chaque valeur de l’énergie réduite E∗, la section efficace réduite Q(l)∗ est obtenue en dé-
terminant l’aire sous la courbe représentant la fonction 1−cosl(χ) en fonction de b∗2. Nous avons
calculé Q(l)∗ pour l = 1 et l = 2, le cas l = 1 correspondant à l’intégration des courbes de la fi-
gure (B.2) ci-dessus. L’intégration est effectuée à l’aide d’un programme Fortran en utilisant la
méthode de Simpson. A basse énergie, lorsque E∗ << 1, les sections efficaces d’ordre 1 et 2 sont
bien décrites par une loi en (E∗)−1/3. Sur la figure (B.3), nous mettons en évidence ce compor-
tement à basse énergie de la section efficace en représentant la quantité Y (l) = Q(l)∗(E∗)×E∗1/3

en fonction de E∗. Pour les énergies E∗ inférieures à 0,8, notre simulation numérique présente un
faible bruit numérique que nous attribuons à la présence de la singularité orbitante. Nous n’avons
pas cherché à réduire ce bruit en introduisant des fonctions analytiques approximant la fonction
χ(b) au voisinage de cette singularité. Lorsque E∗ −→ 0, nous obtenons :

Q(1)∗(E∗)' (7,81±0,01)E∗−1/3 (B.13-a)

Q(2)∗(E∗)' (5,95±0,01)E∗−1/3 (B.13-b)
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FIG. B.3 – Variations de la fonction Y (l) = Q(l)∗(E∗)×E∗1/3 en fonction de E∗ pour l = 1 et l = 2.
Les deux quantités tendent rapidement vers leur valeur limite lorsque E∗ < 0,5.

L’évaluation numérique de Q(l)(E∗) pour l = 1 et l = 2 permet de déterminer le rapport d’ordre
ρo, défini par l’équation (2.37)). Nous obtenons ρo = 1,312±0,004.

Comparaisons avec le modèle de Beijerinck et Verster

La fonction de déflexion analytique introduite par Beijerinck et Verster (Cf. équation (B.12))
permet de calculer la section efficace de collision réduite Q2(E∗) pour les faibles énergies (E∗ <<
0,1). BV obtiennent Q(2) = 0,629πb2

orb. En exprimant le résultat dans notre système d’unités ré-
duites, nous obtenons :

Q2∗(E∗) = 3×0,629π(E∗)−1/3 ' 5,93(E∗)−1/3 (B.14)
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En intégrant la fonction de déflexion analytique proposée par Beijerinck et Verster (Cf. équation
(B.12)), nous obtenons le rapport d’ordre ρo = 1,32, en bon accord avec notre simulation numé-
rique.

B.4 Intégrales de collision Ω(l,s)

Nous effectuons la moyenne thermique de l’équation (B.3) par intégration numérique des quan-
tités Q(l) en utilisant la méthode de Simpson. Pour cela, nous introduisons la température réduite
T ∗ = kBT/ε et nous exprimons l’intégrale de collision en fonction de T ∗,E∗ et Q(l)∗(E∗). L’in-
tégration numérique fournit les différentes intégrales Ω(l,s) qui s’écrivent toutes sous une forme
analogue à celle de l’équation (2.9) :

Ω(l,s)(T ) = C(l,s)(T ∗)
(

kBT
µ

)1/2 (
C6

kBT

)1/3

(B.15)

Les fonctions C(l,s)(T ∗) sont représentées sur la figure (B.4) pour (l,s) = (2,2) (gaz pur), (1,2)
(mélange de deux gaz) et (1,1). Les limites à basse température des fonctions C(l,s) sont C2,2(0) =
3,00, C1,2(0) = 3,94 et C1,1(0) = 1,48.

0,0 0,1 0,2 0,3 0,4 0,5 0,6 0,7 0,8 0,9
0,0

0,5

1,0

1,5

2,0

2,5

3,0

3,5

4,0

 

 

T*

C
(l,s)

FIG. B.4 – Variations des quantités C(l,s)(T ∗) définies par l’équation (B.3) en fonction de la
température réduite T ∗ = kBT/ε pour (l,s) = (1,1) (points); (1,2) (trait mixte) et (2,2) (trait plein).

Nous avons vérifié ces résultats analytiquement en utilisant les équations (B.13) et en remar-
quant que les intégrales de collisions Ω(l,s) font intervenir la fonction Gamma. Nous vérifions
également que la valeur calculée pour le rapport d’ordre ρo = C(1,2)(0)/C(2,2)(0) = 1,312±0,004
coincide avec la valeur obtenue à partir du rapport des sections efficaces Q(l).
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Comparaisons avec le modèle de Beijerinck et Verster

Beijerinck et Verster ont obtenu C2,2(0) = 2,99 (Cf. équation (B.15) et référence [114]), une
valeur en excellent accord avec la valeur de 3,00 que nous avons obtenu. Beijerinck et Verster
estiment que l’expression de l’intégrale de collision Ω(2,2)(T ), proposée à l’équation (B.15), est
valable pour T ∗ ≤ 0,1. La figure (B.4) montre que la relation peut être étendue jusqu’à T ∗ ' 0,3.
Dans le cas d’un potentiel Ar−Ar, pour lequel ε(Ar−Ar)/kB = 142 K, la relation proposée à
l’équation (B.15) est donc valable jusqu’à 40 Kelvins. En revanche, pour un potentiel Li - Ar, pour
lequel ε(Li−Ar)/kB = 61 K [146], la relation (B.15) n’est valable que jusqu’à 18 Kelvins.
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Annexe C

Calcul de F‖,2 et F⊥,2

Cette annexe est consacrée au calcul des termes de collisions FX ,2 (X = ‖ ou ⊥) qui couple les
températures parallèles et perpendiculaires des atomes du gaz ensemencé. Rappelons l’expression
de FX ,2 de l’équation (2.33) :

FX ,2 =
n1

kBu∞

Z
g

dσ1,2(g)
dΩ

∆EX ,2 f1(v1) f2(v2)d3v1d3v2dΩ (C.1)

Dans cette expression, ∆EX ,2 représente le gain d’énergie parallèle ou perpendiculaire d’un atome
de l’espèce 2 lors de sa collision avec un atome de l’espèce 1, dσ1,2(g)/dΩ désignant la section
efficace différentielle associée à la collision des atomes 1 et 2. L’intégrale FX ,2 ne se calcule pas
de manière analytique et nous avons traité les produits gQ(l)

1,2(g) comme s’ils étaient indépendants
de g, en écrivant FX ,2 sous la forme de l’équation (2.34):

FX ,2 ' n1

kBu∞

Z
〈gdσ1,2(g)

dΩ
〉dΩ

Z
∆EX ,2 f1(v1) f2(v2)d3v1d3v2 (C.2)

C.1 Notations et géométrie
La collision entre les atomes 1 et 2 a pour effet de faire tourner la vitesse relative g = v1− v2

des deux atomes d’un angle χ, appelé angle de déflexion représenté sur la figure (C.1).

FIG. C.1 – Notations et géométrie. La vitesse relative g fait l’angle θ avec l’axe z, χ désigne
l’angle de déflexion et ϕ représente l’angle azimuthal ou orientation spatiale du plan (g, gf).
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Si g f désigne la vitesse relative après la collision, l’angle de déflexion est donc l’angle que
forment g et g f . Les notations et les repères utilisés pour décrire la collision sont repérés sur la
figure (C.1). L’axe z est parallèle à la vitesse hydrodynamique u et, pour simplifier la géométrie,
nous pouvons choisir les axes x et y de manière à amener la vitesse relative initiale g dans le
plan yz, g faisant un angle θ avec l’axe z. Cependant, ce choix rend les calculs suivants plus
compliqués en créant une corrélation entre les composantes selon l’axe x des vitesses v1 et v2
des deux atomes. Nous pouvons éliminer cette corrélation purement géométrique en exprimant
les résultats en fonction des composantes parallèles et perpendiculaires des vitesses initiales, sans
faire référence à leurs composantes suivant x et y.

C.2 Calcul de ∆EX ,2

Nous introduisons la vitesse du centre de masse vcm = αv1 + βv2 en posant α = m1/M, β =
m2/M et M = m1 + m2. La collision entre les atomes 1 et 2 modifie la vitesse v2 de l’atome 2
jusqu’à une valeur v2 f que l’on peut exprimer en fonction de vcm et g f :

v2 f = vcm−α g f (C.3)

A partir de la figure (C.1), on peut exprimer les composantes parallèles et perpendiculaires de la
vitesse finale v2 f en fonction des vitesses initiales, de la vitesse relative et des angles θ,ϕ et χ. Pour
le degré de liberté X (X = ‖ ou ⊥), la quantité d’énergie transférée de l’atome 1 vers l’atome 2 au
cours de la collision 1-2 s’écrit sous la forme :

∆E2X =
m2

2
(
v2

2 f X −v2
2X

)
(C.4)

C.3 Intégration sur les vitesses et l’angle solide

Intégrons ces quantités sur la distribution des vitesses et d’angle solide conformément à l’équa-
tion (C.2).

1. D’après la figure (C.1) (figure de droite), l’angle solide dΩ est égal à sin(χ)dχdϕ. Nous
commençons par intégrer sur l’angle ϕ, dont toutes les directions sont équiprobables dans la zone
0≤ ϕ < 2π, car plusieurs termes sont ainsi supprimés.

2. Nous intégrons ensuite sur la distribution des vitesses v1 et v2 à partir des fonctions norma-
lisées f1(v1) f2(v2). Plusieurs termes mettent en jeu des doubles produits de la forme viX v jY , où
les indices i, j renvoient aux atomes 1,2 concernés, les indices X ,Y indiquant le degré de liberté ‖
ou ⊥ étudié. L’intégration a pour effet de supprimer tous les doubles produits, excepté ceux pour
lesquels i = j et X = Y . Nous obtenons ainsi :

∆E2‖ =
m2

2

[
kBT‖1

m1
α2 (1− cosχ)2− kBT‖2

m2

(
α2 sin2 χ+2αβ(1− cosχ)

)

+
(

kBT⊥1

m1
+

kBT⊥2

m2

)
α2 sin2 χ

]
(C.5-a)
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∆E2⊥ =
m2

2

[(
kBT‖1

m1
+

kBT‖2

m2

)
α2 sin2 χ+

kBT⊥1

m1
α2 (

3+ cos2 χ−4cosχ)
)

− kBT⊥2

m2

(
4αβ(1− cosχ)+α2 sin2 χ

)]
(C.5-b)

3. Enfin, nous devons intégrer sur l’angle de déflexion χ. Pour cela, nous commençons par
réécrire les équations (C.5-a) et (C.5-b) sous une forme qui fait apparaître des termes de la forme
1− cosl(χ) avec l = 1 et l = 2:

∆E2‖ =
m2

2

[
kBT‖1

m1
α2 (

2(1− cosχ)− (1− cos2 χ)
)− kBT‖2

m2

(
α2(1− cos2 χ)+2αβ(1− cosχ)

)

+ α2
(

kBT⊥1

m1
+

kBT⊥2

m2

)
(1− cos2 χ)

]
(C.6-a)

∆E2⊥ =
m2

2

[
α2

(
kBT‖1

m1
+

kBT‖2

m2

)
(1− cos2 χ)+

kBT⊥1

m1
α2 (

4(1− cosχ)− (1− cos2 χ)
)

− kBT⊥2

m2

(
4αβ(1− cosχ)+α2(1− cos2 χ)

)]
(C.6-b)

Section efficaces Q(l) d’ordre 1 et 2 L’intégration sur l’angle χ fait apparaître les sections effi-
caces Q(l) d’ordre 1 et 2, définies à l’annexe A :

Q(l)(g) =
Z dσ1,2(g)

dΩ
(1− cosl χ)2πsinχdχ (C.7)

de sorte que FX ,2 prend la forme suivante :

F‖2 =
n1m2

2kBu∞

[
kBT‖1

m1
α2

(
2〈gQ(1)〉−〈gQ(2)〉

)
− kBT‖2

m2

(
α2〈gQ(2)〉+2αβ〈gQ(1)〉

)

+ α2
(

kBT⊥1

m1
+

kBT⊥2

m2

)
〈gQ(2)〉

]
(C.8-a)

F⊥2 =
n1m2

2kBu∞

[
α2

(
kBT‖1

m1
+

kBT‖2

m2

)
〈gQ(2)〉+ kBT⊥1

m1
α2

(
4〈gQ(1)〉−〈gQ(2)〉

)

− kBT⊥2

m2

(
4αβ〈gQ(1)〉+α2〈gQ(2)〉

)]
(C.8-b)

Pour calculer les produits gQ(l)(g), on procède par continuité avec le cas m1 = m2. Comme
Q(l)(g) varie en g−2/3, gQ(l)(g) varie lentement avec g, comme g1/3 et nous obtenons :

〈gQ(l)
1,2(g)〉=

32
15

Ω(l,2)
1,2 (Tm) (C.9)

où la température Tm = (T‖1 +2T⊥1)/3.
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Annexe D

Effet de la dispersion de vitesse sur le signal
interférentiel

Nous décrivons dans cette annexe l’influence de la distribution de vitesse du jet atomique sur les
franges d’interférence atomique en présence d’une perturbation qui peut être d’origine magnétique
(chapitre 5) ou électrique (chapitre 6).

D.1 Distribution de vitesse
Nous supposons que la distribution de vitesse du jet atomique est bien décrite par :

P(v) =
S‖

u
√

π
exp

[
−

(
(v−u)S‖

u

)2
]

(D.1)

u désigne la vitesse la plus probable des atomes et S‖ le rapport de vitesses parallèles :

S‖ =
u√

2kBT‖/m
(D.2)

T‖ désignant la température parallèle (finale) des atomes de lithium de masse m. Par rapport à la
forme généralement rencontrée dans les jets supersoniques, nous avons omis le facteur v3 introduit
dans l’article [90]. Lorsque S‖ est suffisamment élevé, le facteur v3 a peu d’effet et la conséquence
de son omission est une très légère modification de u et de S‖. Dans cette annexe, nous nous
intéressons aux seuls atomes qui contribuent au signal interférentiel. Leur distribution de vitesse
peut différer légèrement de la distribution des vitesses du jet atomique incident car la diffraction
dans le régime de Bragg est sélective en vitesse. Au premier ordre de diffraction, cette sélectivité
est faible et il semble raisonnable de garder la même forme pour la distribution de vitesse.

D.2 Expression du déphasage en fonction de la vitesse
En présence d’une perturbation U appliquée à l’un des deux chemins atomiques, l’intensité du

signal en sortie de l’interféromètre s’écrit sur la sortie 1 :

I1 = I0

Z
dvP(v)[1+V0 cos(φ0 +φ)] (D.3)
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La phase φ0 est la phase utilisée pour balayer les franges d’interférence dont la visibilité est V0
en l’absence de la perturbation. Le déphasage φ induit par la perturbation est de la forme :

φ =
1
h̄v

(Z
ch.bas

U(`)d`−
Z

ch.haut
U(`)d`

)
(D.4)

` désignant l’abscisse curviligne le long de la trajectoire classique et les chemins haut et bas étant
définis sur la figure (5.2). En dehors de tout saut de phase, la phase φ s’exprime en fonction de la
vitesse v de l’atome sous la forme :

φ = φm

(u
v

)n
(D.5)

où φm = φ(v = u) et n désigne un nombre entier fonction de la nature de la perturbation appliquée.

Effet Aharonov - Bohm (n = 0) Dans cette situation, la phase φ est indépendante de la vitesse de
l’atome. L’effet Aharonov - Bohm est un exemple d’application du cas n = 0.

Effet Lo Surdo - Stark (n = 1) La perturbation U est indépendante de la vitesse de l’atome,
seule la dépendance en 1/v associée au temps de traversée de l’atome dans la zone d’interaction
intervient. La mesure de la polarisabilité électrique du lithium effectuée au chapitre 6 correspond
à cette situation. L’effet Sagnac est un autre exemple d’utilisation du cas n = 1.

Effet Zeeman (n = 2) Lorsqu’un gradient de champ magnétique est appliqué sur les franges ato-
miques, la différence des deux intégrales de chemin est proportionnelle à l’angle de diffraction
θD ∝ 1/v. La phase φ est alors dispersive et vérifie φ ∝ 1/v2 (paragraphe 5.2.5).

Nous développons le facteur (u/v)n en puissance de la quantité δ = (v− u)/u. En se limitant
aux termes du second ordre en δ, il vient :

φ' φm[1 − nδ +
n(n+1)

2
δ2] (D.6)

D.3 Signal interférentiel et dispersion en vitesse du jet

Le calcul du signal interférentiel donné par l’équation (D.3) est facilité par l’introduction du
facteur de visibilité complexe V0 des franges atomiques en l’absence de la perturbation :

I1 = I0

Z
dvP(v)[1+Re{V0 exp(iφ)}] avec V0 = V0 exp[iφ0] (D.7)

Ainsi, l’intensité I1 du signal de sortie peut être réécrite sous la forme compacte suivante :

I1 = I0[1+Re{〈V 〉}] avec 〈V 〉=
Z

dvP(v)V0 exp[iφ] (D.8)

dans laquelle on a introduit le facteur de visiblité complexe des franges atomiques, moyenné sur la
distribution des vitesses. La visibilité 〈V 〉 et le déphasage 〈φ〉 des franges atomiques en présence
d’un jet approximativement monocinétique apparaissent ainsi sous une seule et même quantité
comme le module et l’argument (à φ0 près) du nombre complexe 〈V 〉 que nous allons maintenant
expliciter en utilisant les équations (D.1) et (D.6).
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Calcul du facteur de visibilité complexe 〈V 〉
L’expression du facteur de visibilité complexe 〈V 〉 est de la forme :

〈V 〉= V0

(
S‖√

π

Z
dδ exp

[
−δ2S2

‖+ iφm(1−nδ+anδ2)
])

(D.9)

en posant an = n(n + 1)/2. En limitant le développement jusqu’aux termes en δ2, nous pouvons
intégrer l’équation (D.3) analytiquement en utilisant l’intégrale Gaussienne suivante :

+∞Z

−∞

exp
(−znδ2− inφmδ

)
dδ = exp

[
−n2φ2

m
4zn

](
π
zn

)1/2

(D.10)

où zn est le nombre complexe S2
‖− ianφm. En explicitant zn à partir de son module |zn| = (S4

‖ +

a2
nφ2

m)1/2 et son argument −arctan(anφm/S2
‖), nous obtenons l’expression du facteur de visibilité

complexe :

〈V 〉=
V0S‖[

S4
‖+a2

nφ2
m

]1/4 exp


−

n2φ2
m(S2

‖+ ianφm)

4
(

S4
‖+a2

nφ2
m

) + i

(
φm +

1
2

arctan

(
anφm

S2
‖

))
 (D.11)

Visibilité 〈V 〉 et déphasage 〈φ〉 en fonction de n

La visibilité 〈V 〉 et le déphasage moyen 〈∆φ〉, respectivement module et argument (à φ0 près)
du complexe 〈V 〉 s’expriment en fonction du déphasage moyen φm obtenu pour v = u, du rapport
de vitesses parallèles S‖ et de l’entier n qui caractérise la nature de la perturbation :

〈V 〉n = V0
S‖

[S4
‖+a2

nφ2
m]1/4 exp

[
−

n2φ2
mS2

‖
4(S4

‖+a2
nφ2

m)

]
(D.12)

〈φ〉n = φm − n2anφ3
m

4
(

S4
‖+a2

nφ2
m

) +
1
2

arctan

(
anφm

S2
‖

)
(D.13)

et l’on peut contrôler ces expressions en faisant tendre S‖ vers ∞ (jet atomique monocinétique) : la
visibilité moyenne 〈V 〉n tend vers V0 et 〈φ〉n tend vers φm.

Nous avons utilisé ces équations pour ajuster nos points expérimentaux. Pour tester l’approxi-
mation réalisée en négligeant les termes en δ3 et en puissances supérieures de δ, nous avons écrit
un programme Fortran qui calcule numériquement l’intégrale apparaissant à l’équation (D.3). Les
figures (D.1) et (D.2) comparent la visibilité et le déphasage déduits de ce programme aux résultats
obtenus en utilisant les équations (D.12) et (D.13) pour n = 1 (effet Lo Surdo - Stark) et n = 2 (effet
Zeeman). La comparaison est proposée pour S‖ égal à 8,0. La valeur de S‖ est ainsi très proche de
la valeur obtenue déduite de notre meilleur ajustement des points expérimentaux lors de la mesure
de polarisabilité. Lorsque n = 1, l’accord est excellent pour la phase jusqu’à des déphasages de
φm de 18 radians. La visibilité est très bien décrite par son expression analytique jusqu’à φm = 25
radians, et cette valeur semble suffisante dans la mesure où l’incertitude relative sur les valeurs de
la visibilité est considérablement plus importante que sur les valeurs du déphasage.
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FIG. D.1 – Visibilité et déphasage des franges atomiques obtenus en calculant l’intégrale (D.3)
ou par la formule approchée des équations (D.12) et (D.13) pour n = 1 (effet Lo Surdo - Stark).
L’accord entre les deux expressions est excellent jusqu’à φm = 25 radians pour la visibilité et
jusqu’à 18 radians pour le déphasage (on a représenté l’écart à la phase moyenne φm).

Lorsque n = 2, la solution analytique semble suffisante pour φm < 10 radians et nous avons
choisi d’ajuster nos points expérimentaux à partir du programme d’intégration numérique.
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FIG. D.2 – Visibilité et déphasage des franges atomiques obtenus en calculant l’intégrale (D.3)
ou par la formule approchée des équations (D.12) et (D.13) pour n = 2 (effet Zeeman). L’accord
entre les deux expressions est excellent jusqu’à φm = 25 radians pour la visibilité et jusqu’à 10
radians pour le déphasage (on a représenté l’écart à la phase moyenne φm).
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Résumé
La construction d’interféromètres atomiques permet d’envisager la mesure très précise de quantités

physiques. Cette étude présente une mesure de la polarisabilité de l’atome de lithium par interférométrie
atomique. Le résultat obtenu, α = (24,33± 0,16)×10−30 m3, améliore la connaissance de cette grandeur
physique d’un facteur trois par rapport aux mesures les plus précises recensées dans la littérature.

Ce travail présente de manière détaillée le réglage puis l’utilisation d’un interféromètre atomique de
Mach - Zehnder. Les deux bras de l’interféromètre sont séparés spatialement par diffraction élastique
de l’onde atomique par une onde stationnaire laser, quasi résonante avec la première transition de ré-
sonance du lithium. Un ensemble de techniques expérimentales souvent complexes dans leur mise en
oeuvre est nécessaire pour construire l’interféromètre. Après une étude détaillée de la source d’atomes
de lithium (un jet supersonique ensemencé dans de l’argon), nous présentons nos signaux d’interférence
atomique, d’excellente visibilité, allant jusqu’à 84,5 % au premier ordre de diffraction. Une grande va-
riété de signaux a été enregistrée, par diffraction de l’isotope fermionique dans des ordres supérieurs ou
par diffraction de l’isotope bosonique minoritaire. La qualité des signaux d’interférence obtenus est en-
suite mise à profit pour réaliser des mesures de phase d’une grande précision. Une première expérience
permet d’évaluer la sensibilité de l’interféromètre atomique aux gradients de champ magnétique. Une
mesure absolue de la polarisabilité électrique du lithium est ensuite proposée par application d’un champ
électrique sur un seul des deux chemins atomiques, distants de seulement 90 micromètres. La construc-
tion d’un tel condensateur, son alignement par rapport au jet atomique, et son utilisation sont détaillées
dans cette thèse, et conduisent à une mesure très précise du déphasage induit par effet Lo Surdo - Stark
(précision de 0,07 %). Pour cette première mesure, l’incertitude finale sur la polarisabilité du lithium
est de seulement 0,66 %, et elle est dominée par l’incertitude sur la vitesse moyenne des atomes, ce qui
laisse espérer des possibilités d’un gain de précision supplémentaire.

Abstract
Atom interferometers are very sensitive tools to make precise measurements of physical quantities.

This study presents a measurement of the static electric polarizability of lithium by atom interferometry.
Our result, α = (24.33± 0.16)×10−30 m3, improves by a factor of three the most accurate measurements
of this quantity.

This work describes the tuning and the operation of a Mach - Zehnder atom interferometer in detail.
The two interfering arms are separated by elastic diffraction of the atomic wave by a laser standing wave,
almost resonant with the first resonance transition of lithium atom. A set of experimental techniques,
often complicated to implement, is necessary to build the experimental set-up. After a detailed study
of the atom source (a supersonic beam of lithium seeded in argon), we present our experimental atom
signals which exhibit a very high fringe visibility, up to 84.5 % for first order diffraction. A wide variety
of signals has been observed, by diffraction of the bosonic isotope at higher diffraction orders and by
diffraction of the fermionic less abundant isotope. The quality of these signals is then used to do very
accurate phase measurements. A first experiment investigates how the atom interferometer signals are
modified by a magnetic field gradient. An absolute measurement of lithium atom electric polarizability
is then achieved by applying a static electric field on one of the two interfering arms, separated by only
90 micrometers. The construction of such a capacitor, its alignment in the experimental set-up and its
operation are fully detailed. We obtain a very accurate phase measurement of the induced Lo Surdo
- Stark phase shift (0.07 % precision). For this first measurement, the final uncertainty on the electric
polarizability of lithium is only 0.66 %, and is dominated by the uncertainty on the atom beam mean
velocity, so that a further reduction of the uncertainty can be expected.




