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INTRODUCTION GENERALE

Dans I’étude de 'interaction entre matiére et rayonnement, ’échange d’impulsion entre
des atomes et la lumiére est un point trés important, méme s’il est peu pris en compte dans
la spectroscopie traditionnelle. En 1619 déja, Kepler attribuait a la pression de radiation
exercée par le soleil la cause de ’orientation des queues de cométes. Lorsque J.C. Maxwell
établit sa théorie de I’électromagnétisme a la fin du siécle dernier, il tenait compte de forces
exercées par le rayonnement électromagnétique sur des milieux polarisables [1]. A. Bartoli
déduisait indépendemment une méme force de pression de radiation en partant de raison-
nements thermodynamiques [2]. Les premiéres mises en évidence expérimentales de ces
forces sur des miroirs ont été réalisées au début de ce siécle par Lebedev [3] et Nichols et Hull
[4]. En 1917 Einstein a ensuite montré qu’il faut tenir compte de cet échange d’impulsion
pour pouvoir expliquer 1’équilibre thermodynamique d’un ensemble d’atomes en interaction
avec le rayonnement [5]. En défléchissant un jet atomique de sodium au moyen d’un lampe
& décharge de sodium [6] Frisch a demontré en 1933 la possibilité d’utiliser 1’interaction
résonnante entre les atomes et le rayonnement pour produire une déflexion observable d’un
Jet. En 1950 Kastler donne 'idée d’utiliser 'interaction avec la lumiére pour refroidir des
atomes en utilisant le pompage optique pour réaliser un effet "lumino-frigorifique” [7]. Mais
ce n’est cependant qu’apres le développement des sources lasers, qui permettent I’échange
d’un trés grand nombre de photons entre les atomes et le champ électromagnétique, que la

manipulation d’atomes par la lumiére a pu faire des progrés importants [8-21].
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Depuis les propositions en 1975 du refroidissement ”Doppler” d’atomes libres par laser
[9] et d’ions piégés [10], ce nouveau domaine de la physique atomique a connu un dével-
oppement continu. De nombreux progres aussi bien théoriques qu’expérimentaux ont été
fait dans les années passées : on peut maintenant ralentir, refroidir et piéger spatialement
de nombreuses espéces atomiques|[11,12]. L’année 1988 a vu un nouveau pas en avant avec
I’avénement de mécanismes de refroidissement permettant d’obtenir des températures en

dessous la ”limite Doppler” Tp :

RT
kBTD = —2—

ou I’ est l'inverse de la durée de vie de I’état excité. Cette température Tp constituait
la limite vers les basses températures, communément admise jusque-la. Mais en 1988 le
groupe de W.D. Phillips & Washington [13] a observé expérimentalement sur le sodium
des températures aussi basses que 40pK (au lieu de Tp = 240pK pour Na). L’obtention
de ces températures en-dessous de la limite "Doppler” a depuis été confirmée par d’autres
groupes, dont le notre [14,15] (la limite Doppler pour Cs étant 120uK, des températures
de 2.5uK ont été mesurées !). Ces résultats surprenants ont engendré un développement

théorique immédiat [12, 16, 17].

Au méme moment une autre barriére était franchie. Nous avons en effet imaginé et
mis en oeuvre expérimentalement une méthode permettant le refroidissement par laser en
dessous de ’énergie de recul d’un seul photon [18,19]. Ce mécanisme de refroidissement
que nous avons appelé ”piégeage cohérent de populations sélectif en vitesse” ou encore
"résonances noires sélectives en vitesse” est basé sur des principes complétement différ-
ents de ceux mis en jeux dans les expériences précédentes [20,21]. Il permet en principe
d’obtenir des distributions de vitesse aussi étroites que 'on veut, a condition de disposer
d’un temps d’interaction cohérente atome-laser assez long. C’est a ce nouveau mécanisme

de refroidissement qu’est consacré le chapitre III de ce mémoire.
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0 Eree= %2ML2 Epopp = - Ep = %

| I l I énergie

| | | —

0 Vrec YDopp = \/VrecVk ve = T'/k vitesse
= hE/M = /AT/M

Fig. 1: Vitesses et énergies importantes dans le refroidissement par laser

d’atomes.
‘He Na Cs
MasseM(u.m.a) 4 23 133
T/2x(MH>) 1.6 9.9 5.3
Apm) 1.083 0.589 0.852
recul d'un photon :
hk/M 9.2 cm/s 2.9 cm/s 3.5 mm/s
Tr = h’k%/Mkp 4puK | 24 uK | 0.2 uK

limite “Doppler” : 1D*
YDopp = VRT'[3M 23 cm/s |24 cm/s | 7.3 cm/s

kpTp = RI'/3 26 pK | 160 pK | 85 uK
largeur de la résonance :
kv=T 1.7m/s | 5.8 m/s | 4.5 m/s

* Pour un refroidissement 4 trois dimensions il faudra multiplier vp,pp par \/g et Tp par
3/2 (en considérant 1’émission spontanée comme isotrope).

TABLEAU 1
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Afin de mettre en évidence les différents domaines de vitesse et d’énergie intervenant
dans le refroidissement laser, nous avons présenté sur la figure 1 une récapitulation des
valeurs les plus importantes. On y trouve trois vitesses importantes: tout d’abord vp=I'/k
caractérise la plage de vitesse sur laquelle agit de facon efficace I'interaction résonnante en-
tre le laser et les atomes. Cette vitesse intervient par exemple lorsqu’on veut connaitre la
plage de capture pour le refroidissement Doppler (voir appendice A). La deuxiéme vitesse
importante qui figure sur cet axe des vitesses est la vitesse de recul v,..= hk/M qui cor-
respond a la vitesse qu’acquiert un atome initialement au repos lorsqu’il absorbe ou émet
un seul photon. L’énergie cinétique correspondante, appelée énergie de recul Ep = 1mv?,,
constitue une limite apparement ultime pour les températures qu’on peut obtenir par des
mécanismes de refroidissement laser basés sur un échange permanent d’impulsion entre les
atomes et les photons laser, se traduisant par un équilibre entre une force de friction et un
échauffement di aux fluctuations lors des cycles de fluorescence. Enfin, la vitesse vpopp,
qui est la moyenne géométrique de vi et de vyec, correspond a la limite du refroidissement
Doppler pour un atome & deux niveaux (voir appendice A). Le tableau 1 indique les valeurs

numériques de ces grandeurs pour les atomes de sodium, césium et hélium métastable.

Les expériences de refroidissement par laser d’atomes d’hélium métastable ont débuté
a I’Ecole Normale Supérieure en 1986. Malgré des difficultés expérimentales accrues(aussi
bien en ce qui concerne la source atomique que la source laser a 1.083um) , le choix de
cet atome présente des particularités intéressantes. Tout d’abord, le schéma des niveaux
intervenant dans le refroidissement par laser est beaucoup plus simple que pour les alcalins
dont on sait que la structure hyperfine complique le spectre. Nous pouvons en effet choisir
P'une des transitions * He*(235;) —* He*(23 P;) avec J = 0,1 ou 2(fig. 2), qui sont a la fois
assez simples pour pouvoir confronter des calculs théoriques a des résultats expérimentaux,
(Pabsence de structure hyperfine pour *He est particuliérement bienvenue), et cependant
suffisament riches pour pouvoir étudier différents mécanismes d’interaction. Nous avons
ainsi par exemple le choix entre des transitions J = J—1,J — JouJ — J+1, qui permettent

de voir des effets qualitativement différents.

D’autre part, la masse trés faible de * He(M = 4 u.m.a) fait que les paramétres atom-
iques intervenant dans le refroidissement laser sont trés différents de ceux correspondant

au sodium et au césium. En particulier, la vitesse de recul v,.. est beaucoup plus grande
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19.8 eV

i
' SO 24.6 eV

to continuum

Fig. I-2 : Les trois transitions 235, — 22 Py 1 » de ’hélium métastable.
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dans le cas de I’hélium métastable (9.2 cm/s, voir tableau 1). Il est donc plus judicieux
d’utiliser des atomes légers tels que ’hélium pour étudier de nouveaux effets quantiques
qui apparaissent lorsqu’on se rapproche d’une situation dans laquelle la largeur de la distri-
bution des vitesses est de ’ordre voire plus petit que vpe.. L’étude de ’hélium métastable
s’avére ainsi complémentaire & celle du césium(M = 133 u.m.a.), déja a ’étude depuis 1985
dans notre laboratoire. Dans le contexte actuel de la recherche d’effets collectifs dus aux
statistiques quantiques(condensation de Bose-Einstein?) I’hélium métastable présentera
aussi I’avantage d’exister sous deux formes isotopiques : * He qui est un fermion et *He qui
est un boson. La comparaison entre le comportement de *He et *He pourrait permettre

des comparaisons expérimentales cruciales.

Plan du mémoire:

Dans un premier chapitre nous décrivons le jet supersonique d’hélium métastable que
nous avons construit a I’Ecole Normale Supérieure. Nous y expliquons les principes d’un jet
supersonique (IA) et le processus d’excitation des atomes d’hélium dans I’état métastable
He*(23S;) en étudiant en particulier le changement de vitesse des atomes lors de leur

excitation (IB). Dans IC, nous donnons les détails et les performances de notre jet.

Nous étudions dans les deux chapitres suivants deux processus d’interaction atome-
laser, en nous intéressant particuliérement aux effets mécaniques sur les atomes. C’est
I’occasion d’introduire une nouvelle approche théorique pour étudier I'interaction entre des
atomes traités complétement quantiquement (aussi bien en ce qui concerne leurs degrés de
liberté internes que les degrés de liberté externes), et le champ électro-magnétique (que

nous traitons classiquement).

Dans le deuxiéme chapitre, nous étudions tout d’abord ’effet Hanle mécanique. Il
s’agit ici d’un effet qui apparait lorsqu’on éclaire par une onde monochromatique un atome
sur une transition J=1 vers J=1. Si la lumiére est polarisée circulaire ot par rapport a
Oz, alors les atomes seront pompés optiquement vers le sous-niveau Zeeman m,= +1, d’oll

ils ne peuvent plus absorber de photons laser. Les atomes ne subiront dans ce cas a ’état
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stationnaire aucune force de la part du laser. Si maintenant nous appliquons un champ
magnétique le long de Oy, les atomes précessent entre les états m,= +1, m,=0 et m,= —1.
Ils peuvent alors de nouveau interagir avec le laser et absorber des photons a partir des
états m, = —1 et m, = 0. Les atomes subiront ainsi de la part du laser une force qui

dépend du champ magnétique le long de Oy.

Dans une premiére partie (IIA) nous étudions tout d’abord par la méthode semi-
classique habituelle [22] la force subie par un atome: nous considérons ’atome comme
localisé en un point, ce qui nous permet de remplacer 'opérateur position R par un nombre
réel correspondant & la position de cet atome ponctuel. Il est alors possible de calculer,
a ’aide des équations de Bloch optiques, 1’état stationnaire pour les degrés de liberté
internes de ’atome et on peut ensuite déduire, en appliquant le théoréme d’Ehrenfest, une
équation d’évolution pour le centre de gravité du paquet d’onde. Nous obtenons ainsi la

force moyenne subie par un atome ayant une vitesse constante v.

Dans la partie IIB, les atomes sont traités complétement quantiquement: nous quan-
tifions non seulement les degrés de liberté internes de I’atome (état excité ou fondamental,
sous-niveaux Zeeman) mais aussi ses degrés de liberté externes (quantité de mouvement).
L’existence de familles fermées d’états couplés[23] par les interactions atome-laser et atome-
champ magnétique nous permet d’intégrer facilement par voie numérique les équations de

.Bloch optiques généralisées qui décrivent les lois d’évolution de la matrice densité des
atomes.Cette approche présente plusieurs avantages majeurs. Tout d’abord c’est un traite-
ment rigoureux, qui ne suppose par exemple pas que 'atome soit localisé en un point.
De plus les phénoménes d’élargissement de la distribution des vitesses des atomes sont
automatiquement incorporés de fagon exacte dans le calcul, contrairement a la méthode
semi-classique habituelle. Nous ne sommes ainsi pas obligés d’établir I’expression d’un
coefficient de diffusion (ce qui est parfois une étape trés compliquée, et demandant des
approximations délicates) dans I’obtention d’une équation d’évolution des degrés de liberté
externes des atomes. Nous obtenons de plus facilement 1’évolution temporelle de la matrice
densité des atomes, ce qui nous permet en particulier d’étudier 1’évolution des degrés de
liberté externes tels que la vitesse moyenne d’une distribution d’atomes (en tragant sur
les degrés de liberté internes). De tels résultats sont impossibles a obtenir simplement

dans une approche semi-classique.L’étude de ’effet Hanle mécanique n’a cependant pas
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comme seul but de présenter cette nouvelle approche théorique. Nous avons en effet utilisé
ce processus pour contrdler de fagon trés précise le champ magnétique le long de la zone
d’interaction atome-laser en étudiant la déflexion du jet atomique. La partie IIC montre
la mise en évidence expérimentale de ’effet Hanle mécanique en particulier en vue d’une

compensation du champ magnétique.

Le troisiéme chapitre présente le résultat le plus important de ce mémoire: il s’agit du
refroidissement par laser en dessous de I’énergie de recul d’un photon. L’idée de base est
qu’il existe des états atomiques qui, pour une certaine classe de vitesse des atomes, ne sont
pas couplés par le laser a ’état excité. Les atomes dans tous les autres états interagissent
avec les lasers et subissent ainsi, par le recul aléatoire lors de 1’émission spontanée de
photons, une marche au hasard dans I’espace des vitesses. Cette diffusion fait passer les
atomes autour de la classe vitesse dans laquelle ils peuvent ne plus interagir avec les lasers.
Nous pouvons ainsi accumuler les atomes dans une classe de vitesse tres étroite et réaliser
une compression de la distribution des atomes dans 1’espace des vitesses: ceci constitue un
nouveau mécanisme de refroidissement d’atomes par laser. La largeur de la distribution
des vitesses que nous pouvons obtenir par ce processus peut étre extrémement petite et

n’est en particulier pas limitée par la vitesse de recul hk/M.

Nous expliquons le principe de base des résonances noires sélectives en vitesse (I1IA),
d’abord dans une approche semi-classique, puis en quantifiant les degrés de liberté externes
des atomes (dans la base des quantités de mouvement p) en nous servant des familles d’états
couplés par laser introduites en IIB. Ce traitement complétement quantique pour les atomes
est indispensable pour ’analyse théorique du refroidissement laser en dessous du recul d’un
photon dans la mesure ou la distribution des vitesses présente une structure plus fine que
fk/M. Nous établissons aussi une expression simple mais approximative de la largeur de
la distribution des vitesses, et nous constatons qu’il n’y a pas de limite inférieure a cette

largeur qui diminue a fur et & mesure que le temps d’interaction augmente.

Dans la deuxiéme partie de ce chapitre, nous présenterons la mise en évidence expér-
imentale de ’effet(IIIB). Nous montrons comment nous avons pu obtenir pour I’hélium
une largeur en vitesse de 6 cm/s, inférieure a la vitesse de recul de 9.2 cm/s. Converti en
température, ce résultat correspondrait a une température de 2uK, c’est-a-dire deux fois

plus petite que ’énergie de recul d’un photon Er = "2%2- =4uK.
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La partie IIIC donne ensuite ’analyse théorique détaillée de ce piégeage cohérent
de population sélectif en vitesse. Aprés avoir expliqué comment nous avons obtenu les
équations de Bloch optiques généralisées pour le systéme en A nécessaire pour cet effet,
nous étudions par intégration numérique de ces équations le role des différents parametres
intervenant dans ce refroidissement. Nous terminons ce chapitre par une discussion des

possibilités de généraliser ce mécanisme a plus d’une dimension.
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CHAPITRE I

JET SUPERSONIQUE D’HELIUM METASTABLE
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CHAPITRE I

INTRODUCTION

Ce premier chapitre a pour but de présenter le jet atomique que nous avons utilisé
pour réaliser nos expériences de refroidissement, ou plus généralement de manipulation,
d’atomes d’hélium par laser. Toutes les expériences décrites dans ce mémoire ont été faites
a une dimension, perpendiculairement a 1’axe du jet, et notre principale méthode d’analyse
de I'interaction entre les atomes et le laser consiste a mesurer des vitesses transverses des
atomes. Ces mesures se ramenent en fait & des mesures d’angles, convertis en vitesses

transverses en tenant compte de la vitesse longitudinale du jet (fig. I-1).

Detecteur

Source l 8 ol
He* I

~

S

==

Fig. I-1 : Mesure de la vitesse transverse des atomes : le profil spatial
N(x) est converti en profil de vitesse transverse en utilisant la relation

Ve = ‘—E—v,.
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Afin d’avoir une bonne résolution en vitesses transverses, il est donc nécessaire de disposer
d’un jet d’hélium métastable avec une vitesse longitudinale bien définie. Cette contrainte,
jointe au souci commun & la plupart des expérimentateurs d’avoir des intensités aussi
grandes que possible, nous a menés a utiliser un jet supersonique d’hélium dans I’état
fondamental que nous bombardons par des électrons afin d’exciter les atomes dans 1’état
métastable He*(23S;). Ceci nous permet d’obtenir un jet d’hélium métastable assez intense

et relativement monocinétique.

D’autres méthodes de production de jets d’hélium métastable existent, mais nous ne

les avons pas retenues :

- excitation par bombardement électronique d’un jet effusif d’hélium [1]. Cette méthode
aurait présenté le trés grand handicap de produire une distribution trés large en vitesse
longitudinale (largeur totale Av & mi-hauteur Av ~ 1.4 ¥, ou ¥ est la vitesse moyenne des

atomes dans le jet).

- décharge continue dans une cellule (& partir d’un filament chauffé) et formation d’un
jet & partir de ce gaz [2]. Cette méthode se heurte & la difficulté de manipuler I’hélium
métastable, qui est un atome neutre, sans détruire son caractere de métastabilité. L’intensité

de tels jets reste trés faible.

- excitation de I’hélium pendant la détente isentropique d’un jet supersonique par une
décharge & haute tension entre une aiguille dans la source et 1’écorceur [3,4,5]. Cette
méthode utilise un bombardement électronique facile & entretenir et tire profit du re-
froidissement de la distribution des vitesses lors de ’expansion supersonique afin d’obtenir
pour ’hélium excité une distribution en vitesse proche de celle du jet supersonique d’atomes
dans I’état fondamental. Cette méthode présente a priori beaucoup d’attraits. Elle donne
un jet intense et beaucoup plus monocinétique qu'un jet effusif, méme si elle donne une
distribution en vitesses longitudinales plus large (Av/v = 45%) que ce que I’on peut obtenir
avec la méthode que nous avons choisie. Malheureusement la haute tension nécessaire a la
décharge est de ’ordre de 300 V|[6] et I’excitation par des électrons d’énergie élevée favorise
la production d’hélium métastable singulet He* (21S,) et surtout de photons UV provenant
de la cascade radiative vers 1’état fondamental d’états excités de courte durée de vie. Pour
des expériences ou une telle contamination ne pose pas de probleme, ce type de source doit

étre considéré. Dans les expériences présentées ici, nous souhaitions cependant avoir tres
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peu de signal parasite did & ces métastables singulets et photons UV. D’autre part il est
probablement impossible de refroidir une telle source a la température de I’hélium liquide
a cause de I’échauffement que produit la décharge au niveau du gicleur. On ne pourra donc
pas obtenir des vitesses longitudinales inférieures 4 400 m/s avec de telles sources. Ces

raisons nous ont amenés a ne pas utiliser une telle source.



‘soasieal juos Jose| Jed uoiyendiuvwr op $a2U9LIddX0 SO NO DJUIPIUS, | SUEBP d}INSUD DIIUI ('S ¢2).2PH
wniy, p onbruosiodns jof 97 “UOIIIIXS [ AP SPIISIP UOU sympouid sap ade)p owIsiol] aun suep judUIWI]I
wnifoy, p 9dreydgp ¢ adwel e[ 19 INdjRSUIPUOD o ‘sowo3e SO 911X UOIRWI[[OD Bp JUBWIR UN 32 °A
worjeIa[pooe, p eryuajod un ‘oyneyo jusweyy unp Jred e anbiuorjoao Juawoplequioq a7 ‘[RjUdWERPUO]
ye1p,] suep wnijay p anbiuosradns jaf un judwWIof 39 onbidorjuasi ojuojdp duUn JUISSIGNS SdUIOIE SI]
(20In0s, 2juieoud o1giward aun sue( ‘ojqeISEIPW WRIDY P anbuosiadns 39 np ewYIg : g—] ‘NI

5U0J}29{3 € Uoue).

7/ wniey, P

anbjuossadns 3

e P e B

uoheJaqul,p JNayesuapuo) °A
07 . abseyasp —4
Q ._. 3 e adwe) | A
TR . m N [EGETg H
| -\l S, 2 [H08E LT

namgT
h ashjeue, p | Jnayoey . _
LK %1 uolewl||od m_“_”u“__ ]
77" saauaidadxa, 83UIRIUa 02 8p JuRWY . |
a4z

, UOREYIX3, 93UIddu3

,994N08S, QU



29
La méthode que nous avons choisie nous a semblé offrir le meilleur compromis pour
les points importants :

* jet monocinétique;
* intensité suffisante;

* fraction élevée de triplets.

La figure I—2 montre un schéma de principe de notre jet d’hélium métastable. On y

reconnait les trois étapes successives:

(i) formation du jet supersonique d’hélium dans I’état fondamental ;

(ii) bombardement par électrons pour exciter les atomes :

canon a électrons et champ magnétique focalisant ;

(iii) élimination de produits non désirés de ’excitation :

condendateur et lampe de quenching (notons que ceci n’élimine pas les photons UV).

Nous allons maintenant détailler ces étapes. La partie IA rappelle les principes d’un
jet supersonique. Nous essayons de dégager quelques idées simples pour comprendre son
fonctionnement et ses limites sans pourtant entrer dans le détail de calculs trop techniques.
L’excitation électronique des atomes d’hélium est traitée dans la partie IB. Nous discuterons
en détail effet de cette excitation sur la distribution des vitesses des atomes excités. On a
en effet un changement important de la vitesse des atomes d’hélium lors de leur excitation
par une collision avec un électron. Les diagrammes de Newton permettent de représenter
graphiquement les différentes situations qui peuvent se présenter et nous pouvons ainsi
interpréter les distributions des vitesses des atomes excités que nous observons. La derniére
partie IC de ce chapitre décrit les différents éléments du jet construit a I’Ecole Normale

Supérieure.
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CHAPITRE 1

IA — LE JET SUPERSONIQUE

Introduction

Pour former un jet d’atomes neutres, on a a priori le choix entre (fig. I-3):

(1) une effusion & travers un trou ou un capillaire (ou un ensemble de capillaires) : on

a alors un jet effusif a distribution en vitesse longitudinale trés étalée;

(31) une détente isentropique utilisant un gicleur et un écorceur : c’est ce qu’on appelle

un jet supersonique, beaucoup plus monocinétique.

Afin de bien comprendre le fonctionnement du jet supersonique et d’apprécier ses
qualités, il est utile d’étudier les différences qu’il présente par rapport au jet effusif. Nous
commencons donc par un bref rappel sur les jets effusifs (IA1), ce qui nous permet aussi
d’introduire des notions utiles dans la description des jets supersoniques (IA2). Dans la
partie (IA3) nous étudions le passage de la détente isentropique au régime d’écoulement
moléculaire du jet. L’influence de ’écorceur nécessaire pour réaliser un pompage différentiel

est présenté en (IA4) et nous discutons la limite de I'intensité du jet supersonique en (IA5).
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1) Rappels sur les jets effusifs :

Un jet effusif est généralement obtenu & partir d’une enceinte source contenant le gaz
a une pression pg, pourvue d'une ouverture de diametre D par laquelle s’échappent les
particules formant le jet. Le paramétre déterminant le régime d’écoulement est le nombre
de Knudsen Kny défini comme le rapport entre le libre parcours moyen Ag des particules

dans la source et la taille D du trou de sortie:

Kno =3 (IAI - 1)

Dans le cas des grands paramétres de Knudsen (Kng > 1,fig. I — 3a) le mouvement d’une
particule quittant la source n’est pas modifié lors de la sortie, et la distribution des vitesses
du jet reflete directement la distribution a l'intérieur de la source. Il est alors facile de
calculer les différents parameétres caractérisant le jet effusif par la théorie cinétique des gaz
[7). La distribution des vitesses Zy(6) (définie comme le nombre de particules émises par
seconde, par unité d’angle solide et par unité de vitesse autour d’une vitesse v dans la

direction faisant un angle 6 avec I’axe de symétrie du jet) est donnée par [7}:

1 43 v?
Iy(0) = 5,090 ;q—gexp {_Zv?} cosf (IA1-2)
ou ag = %ﬁg’- est la vitesse la plus probable des particules dans la source, M leur masse,

Tb la température d’équilibre thermodynamique & I'intérieur de la source et kp la constante
de Boltzmann ; ng est la densité totale de particules dans la source et ag 'aire de 'ouverture

de sortie.

Par intégration de toutes les classes de vitesses on obtient lintensité Z(6) du jet,
c’est-a-dire le nombre de particules émises par seconde et par unité d’angle solide dans la

direction 6 :
7(8) = —1—noa0‘/-4-aocosﬂ (IA1-3)
47 T

Le débit de particules N se déduit ensuite en intégrant Z(6) sur le demi-espace en aval de

la source ’1, {
O
N = —noaovo —!7-1'(0 i /!//(IAI 4)

@@% Lf/ Cy”’} v o
ou gy = \/— ay est la vitesse moyenne des particules ddns la source N otons que le débit

N est directement proportionnel & l'intensité du Jet/sur Paxe Z(6).

A " 0

. A\
Py _ A
(ECHEEEE B
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Si 'on veut accroitre l'intensité sur ’axe Z(0), le débit N va augmenter et l'intensité

réalisable par un jet effusif sera en général limitée par le débit des pompes a vide. Pour

une pompe a diffusion de vitesse de pompage ce qui est important a 1’échelle d’un

jet de laboratoire) travaillant & une pression de(10~% mbag on peut obtenir pour ’hélium

a température ambiante une intensité maximale sur 'axe de:

Tmax(0) @::ajomes s~

Des collisions entre les atomes du jet font qu’une valeur plus réaliste pour l'intensité d’un

(IA1 - 5)

tel jet serait plutét d’un ordre de grandeur plus petit.

Le moyen le plus simple pour accroitre ’intensité sur ’axe du jet sans augmenter le
débit total de particules est d’utiliser & la place du trou de sortie de la source un capillaire
(ou un ensemble de capillaires) de longueur £ beaucoup plus grande que son rayon r. Ceci
permet en principe de gagner un facteur de 'ordre de £/r sur le rapport Z(0)/ N (intensité
sur ’axe/débit total) [7].

La distribution des vitesses longitudinales d’un jet effusif a une demi-largeur & mi-

hauteur Av,;:
A’Ullg ~ 0.58ayp (IA]. - 6)

centrée autour d’une vitesse la plus probable v,:
vp =~ 1.22ay. (IA1-7)
Pour I’hélium & Ty = 300K ceci correspond & des vitesses de 1’ordre de
vp =~ 1360+ 650 m/s (IA1-28)

Un moyen trés efficace pour réduire considérablement la largeur de la distribution des
vitesses (sans perdre la plupart des atomes, comme dans le cas de sélection d’une classe
de vitesse par disques tournants) consiste & passer & un autre régime d’écoulement : le jet

supersonique.
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2) Expansion isentropique : jet supersonique

Pour obtenir un jet supersonique [8] par une expansion isentropique, il faut, contraire-
ment au cas du jet effusif, travailler dans un régime ou le libre parcours moyen des particules
dans la source )\ est petit devant la dimension D du trou de sortie de la source, appelé
gicleur (fig. I—3b). :

A
Kno = 3y <<1 (1A2 - 1)

La distribution de vitesse des atomes du jet évolue au fur et a mesure que I'on s’éloigne du

gicleur. Nous devons distinguer deux comportements différents :

b) . - — —

AL

Fig. I-4 : "Effet bouchon” :

a) dans un écoulement moléculaire (A >> d), chaque particule est indépendante
et garde sa vitesse initiale,

b) en régime laminaire (A << d), les nombreuses collisions entre les
particules se traduisent par un “effet bouchon” :: toutes les particules

avancent i la méme vitesse.

(i) a la sortie de la source, le nombre de collisions entre les particules est trés élevé. Ceci

entraine que les particules qui sont trop rapides sont freinées par les autres tandis que
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celles qui ont une vitesse nettement inférieure a la vitesse d’ensemble sont entrainées par
ces collisions. La présence du grand nombre de particules dans un petit espace fait que
toutes les particules avancent quasiment & la méme vitesse (effet ”bouchon”, fig. 1—4).
Ceci se traduit par un “refroidissement” mutuél des particules dans le référentiel mobile,
au cours de I’évolution preés de la source. Moyennant quelques hypothéses nous pouvons

calculer cette évolution de la distribution des vitesses lors de I’expansion.

(ii) en s’éloignant de la source, le nombre de collisions diminue de sorte qu’on passe d’un
régime d’écoulement laminaire & un comportement d’écoulement moléculaire, dans lequel
la distribution des vitesses n’évolue plus. On garde alors I’affinement de la distribution des

vitesses obtenu prés de la source.

Dans le régime d’écoulement laminaire,.les hypothéses.permettant de simplifier la
description de I’expansion isentropique d’un gaz & travers un trou de sortie (gicleur) sont

les suivantes [9] :

(i) approximation du flux continu en tout point z d’une ligne de courant de ’écoulement:
le libre parcours moyen A(z) des particules est petit devant la dimension D(z) du tube
d’écoulement ;

(i1) les lignes de courant suivent le gicleur, ce qui permet d’éliminer existence de points
singuliers dans I’écoulement ;

(iii) le gaz se comporte comme un gaz parfait ;

(iv) P’équilibre thermodynamique local est réalisé en tout point ;

(v) les variables thermodynamiques ne dépendent que de la distance a la source ; en par-
ticulier on a un écoulement stationnaire (indépendant du temps) ;

(vi) les échanges de chaleur entre le gaz et le gicleur sont négligés de sorte que pour une

transformation réversible la détente est isentropique.

Considérons un systéme fermé F, contenant N particules de masse M se déplagant
avec des vitesses v;(2)(: = 1, ..., N) le long d’une ligne de courant de I’écoulement. Passons

alors dans le référentiel mobile se déplagant avec une vitesse d’ensemble u(z) rapport au
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référentiel fixe du laboratoire, dans lequel la vitesse moyenne des N particules du systeme

F est nulle :
N

u(z) = _le Y vi(2) (1A2 - 2)

i=1

L’hypothese (iv) nous permet alors de définir, dans ce référentiel mobile, une température
locale T(z), une densité locale n(z), une pression p(z), une entropie locale S(z) et une en-
thalpie locale H(z) du systéme JF, ainsi que toutes les autres variables thermodynamiques.

En écrivant la conservation du flux de particules, de ’énergie, ainsi que de I’entropie le
long d’une ligne de courant, on montre que toutes les variables thermodynamiques locales
ainsi que la vitesse d’ensemble u(2) peuvent s’exprimer en fonction du seul parameétre R(z),
rapport entre la vitesse d’ensemble du jet u(z) et la largeur de la distribution de vitesses

Av(z) dans le référentiel mobile :

_ou(z) _ u(z) _
B = 2y = 2k5T(2) (1A2-3)
M

Ce nombre R(z) sans dimension caractérise la finesse de la distribution en vitesse et est
directement accessible & la mesure. Toutefois dans la description des jets supersoniques on
rencontre traditionnellement un autre paramétre, directement relié & R(z) : le nombre de

Mach M(z) défini comme le rapport entre la vitesse d’ensemble u(z) et la vitesse locale

M= ) [Pg, (1A2 - 4)

Vson(2) \/W

Le nombre de Mach est donc au facteur \/g prés égal a la finesse de la distribution de

vitesse (y étant le rapport cp/c, entre les chaleurs spécifiques du gaz a pression ou a

du son vs0n(2) :

volume constant).

Les équations habituelles décrivant une détente isentropique donnent alors I’évolution
de la densité n(z), de la température T(z) et de la vitesse d’ensemble u(z) en fonction
du nombre de Mach M(z), de la densité no dans la source et de la température Tp de la

source :

_ -1/(~-1)
n(z) =ng {1 + 7—2—1]M2(z)} (IA2-5)
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T(z) =T, {1 + -“%le(z)}_l (IA2 — 6)
| —-1/2
u(z) = 71:]\,;1’0 M(z) {1 + 1;—1M2(z)} (IA2 - 7)

Pour comprendre qualitativement le comportement de la vitesse d’ensemble u(z) dans un
jet supersonique il suffit d’analyser la condition de conservation d’énergie. Pour un fluide

en écoulement stationnaire on a le long d’une ligne de courant (équation de Bernoulli) :
1 2 te
h(z) + §Mu (2)=c (I1A2 -38)

ou h(z) = 'II\TH (2) est l’enthalpie par particule du systéme F dans le référentiel mobile a une
vitesse u(z). Pour un gaz parfait & I’équilibre thermodynamique ’enthalpie h(z) ne dépend
que de la température T(z). Dans le cas d’un gaz monoatomique parfait, ’enthalpie h(z)
est la somme de P’énergie disponible dans le gaz pour 'expansion (p(z)/n(z) = kgT(z)) et

de Pénergie cinétique dans le référentiel mobile (kgT(z)/2 par degré de liberté) :
3 S v-—1
h(z) = kgT(z) + §kBT(Z) = EkBT(Z) = -—:Y—-kBT(z) (IA2 -9)

Comme nous allons voir plus loin, la température locale T(z) devient rapidement trés petite
devant T et, en prenant un point dans la source (avec u(0) = 0 et T'(0) = Tp) sur la ligne

de courant considérée, on trouve:

Y 1 2, v_ 7 -
P lkBT(Z) + 2Mu (Z) = P lkBTo (IA2 10)
d’ou une vitesse d’ensemble u(z) maximale de:
2y kBT

Uoo

i (1A2 - 11)
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N(v)

M=40
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Fig. I-5 :Distribution des vitesses pour différentes valeurs du nombre de Mach.
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Fig. I-6 : Evolution de la vitesse d’ensemble u en fonction de la vitesse z au gicleur
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Pour analyser plus quantitativement le comportement des jets supersoniques, il faut
avoir recours a des simulations numériques de I’écoulement laminaire. Une telle étude
prévoit pour le comportement asymptotique du nombre de Mach M(z) dans le cas d’un
gaz monoatomique (v = 5/3) [10] :

M(z) = 3.26 (%)2/3 (IA2 — 12)

Ce résultat permet de calculer la distribution en vitesse ainsi que toutes les variables ther--
modynamiques locales (IA2-5, IA2-6, IA2-7) pour un point loin du gicleur dans la limite
de validité de la détente isentropique.

La deuxiéme caractéristique importante d’un jet atomique est l'intensité sur I'’axe. On
peut introduire un facteur de ”surintensité sur 'axe” : K (en anglais "peaking factor”)
défini & partir de la relation (IA1—4) donnant la relation entre I'intensité sur I’axe Z(0) et

le débit total N du jet pour un jet effusif. On définit donc ici :

Z(0) = %N (IA2 — 13)

Pour un jet effusif :

Keg =1 (IA2 — 14)

Le débit total N d’un jet supersonique est donné par la relation [9]:

(IA2 — 15)

ou aj est 'aire minimale du tube d’écoulement (qui est sensiblement égale & ’aire du
gicleur). On montre & 'aide de simulation numérique [10,12,13] que dans le cas d’un
gicleur de faible épaisseur par rapport a son diamétre on a pour un gaz monoatomique avec

une bonne approximation un facteur de ”surintensité sur 'axe” Ky/3 :

Si I'on veut obtenir un jet intense, on aura donc nécessairement un débit élevé (propor-
tionnel & poD?, py étant la pression dans la source et D le diamétre du gicleur).Par ailleurs

nous allons voir dans le paragraphe suivant qu’il faut augmenter pg D pour obtenir un jet
grap. g



41

trés monocinétique. A débit fixé, on a donc intérét a choisir une grande pression pg et
un petit diameétre D. En prenant une source d’hélium & une pression de py = 5 bar &
température ambiante (To = 300K) et un gicleur de diametre D = 25 um et en tenant

compte de I’expression du libre parcours moyen Ag

1

Ao =
0 \/ﬁnoa

(IA2 -17)
oll o est la section efficace de collision (pour I’'Hélium o = 37A? [14]) on trouve que

A
Kng = —b"- = 0.0006 << 1 (IA2 — 18)

Dans ce cas on est donc bien dans des conditions d’écoulement laminaire.

Par ailleurs le parametre poD vaut :

poD =9 torr.cm (IA2 —19)

Pour la vitesse d’ensemble maximale u,, on obtient
Uoo = 1760 m/s (IA2 —20)
Le débit total N vaut dans ces conditions (IA2-15)
N = 34 10!%atomes/sec =~ 2 torr.litres/sec (1A2 - 21)
ce qui se traduit par une intensité sur Paxe Z(0) de (IA2-13, IA2-16)
Z(0) ~ 2.10'® atomes/sec.sr (IA2 — 22)

Ceci demande & des pompes de 3000 1/sec de travailler & une pression de 7.10~* mbar.
Notons que pour un gaz monoatomique (comme I’hélium) la vitesse d’ensemble uo, n’est
pas considérablement plus élevée que la vitesse moyenne des atomes dans un jet effusif
(relation IA1-7). La largeur de la distribution en vitesse est par contre beaucoup plus
petite dans un jet supersonique que dans un jet effusif. D’aprés la relation (IA2-12) cette

largeur tend méme vers zéro dans la limite d’application des hypothéses (i) a (vi).

Ao ~L2w F

(9' 3 h’\w
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3) ”Gel soudain” de la détente

Lorsqu’on s’éloigne du gicleur, la densité locale n(z) de particules diminue rapidement
(IA2-5,TIA2-12). A partir du moment ou le nombre de collisions entre les particules devient
trop faible pour assurer 1’équilibre thermodynamique local, on passe d’un régime de flux
continu & un régime d’écoulement effusif. Le nombre de Mach M(z) ne suit alors plus
la dépendance prévue par (IA2-12) mais atteint une valeur maximale My,. Des modéles
simples, dits de ”gel soudain” de la détente (en anglais "sudden freeze model”), supposant
un changement soudain du régime d’écoulement permettent d’évaluer la valeur limite du

nombre de Mach M. Pour un gaz monoatomique [13,15,16}:
Meo =~ (Kno)™? (IA3 - 1)

ou S est de 'ordre de 0.5 et Kng est le nombre de Knudsen dans la source

N S
O—D \/2_77,00'1)

Un modeéele plus raffiné (tenant compte de la variation de la section efficace de collision

Kn (1A3 — 2)

en fonction de I’énergie des particules) prévoit pour ’hélium un nombre de Mach limite
M, plus grand lorsque des effets quantiques entrent en jeu {17]. Ceci correspondrait a des
distributions en vitesse plus fines. A Ty = 300K la différence par rapport a (IA3-1) devient
cependant seulement appréciable pour des valeurs de po D supérieures a 50 torr.cm, ce qui

est nettement au-dessus des valeurs que nous utilisons pour notre jet.

Une simulation numérique du modéle de ”gel soudain” de la détente prévoit que la
distance zg,; entre le gicleur et ’endroit ol le nombre de Mach atteint la valeur M, varie
comme [15]

Zge1 = 0.08 D ML7 (1A3-3)

En prenant ’exemple d’un jet supersonique d’hélium formé a partir d’une source a la
température Ty = 300K, une pressionp, = 5 bar et un gicleur de diameétre D = 25 ym, on

trouve

M, = 40 (1A3 — 4)

et

Zget = 0.5 mm (IA3 - 5)
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En tenant compte de la relation (IA2-20) pour la vitesse d’ensemble u et de (IA2-4) pour

la finesse limite R, de la distribution en vitesse, on trouve

Roo ™ \/gMoo = 36 (IA3 —6)

ce qui donne pour la distribution en vitesse dans le jet supersonique au-dela du point de
7’gel” :
v = 1760 £+ 50 m/s (IA3-17)

Nous pouvons donc maintenant caractériser la distribution Z,(0)en vitesse longitudinale
des atomes sur ’axe :

Z,(0) = gN f(v) (IA3 —8)

ol le débit total N est donné par (IA2-15), le facteur de proportionalité K =~ 2 et la

fonction f(v) sécrit

f(v) = fa(v) = ﬁ;g:exp {— ( ‘a“”)z} (1A3-9)

ou « est la largeur finale de la distribution de vitesse :

. . Uoco _ 1 4 kBTo
a = Av(o0) = R Moo”(’)'_l) i (IA3 - 10)

(i) : les mesures expérimentales des distributions des vitesses ne donnent pas

Remarques :

nécessairement des distributions en f3(v). Les distributions observées dépendent
en effet du type de détecteur utilisé [18]. Ainsi des mesures de flux de particules
(a Paide d’un multiplicateur d’électrons par exemple - voir IC5) donnent une dis-
tribution f3;(v). Par contre des mesures de densité (par fluorescence par exemple)
donnent une distribution des vitesses fa(v)

fg(v)ocv2ea:p{ (v = o)’ }

a2

tandis que des mesures d’énergie (bolométres) se traduisent par l’observation
d’une distribution fs4(v):

a?

f4(v)°<‘v46wp{ S um)}
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(ii) : La distribution en vitesses transverses mesurée dépend de la distance entre
le détecteur et le gicleur. En effet, loin de la source, les lignes de courant semblent
prévenir d’un point source et il apparait de fortes corrélations entre position et
vitesse transverse. Dans la description des jets supersoniques on rencontre souvent
la notion de "refroidissement géométrique” pour caractériser ces corrélations (fig.

I-7).

——

lSource {0} \/1;

¥
P

Fig. I-7 : Corrélation entre position et vitesse transverse : pour un
observateur loin d’une source ponctuelle, seul les atomes ayant une faible

vitesse transverse relative a I’axe d’observation sont détectés.
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Fig. I-8 : Schéma de ’écorceur.

4) L’écorceur

En pratique la réalisation d’un jet supersonique ne peut souvent pas se limiter a
l'utilisation d’un gicleur. La plupart des expériences en effet nécessitent des pressions
inférieures & 10~°mbar. Pour obtenir un tel vide tout en évacuant le débit du jet (3
mbar.l.s~! dans I’exemple ci-dessus) il faudrait disposer de pompes a vide trés puissantes.
On est donc amené a utiliser deux chambres séparées avec des pressions différentes. Il faut
alors concevoir soigneusement l’orifice séparant les deux chambres. La solution retenue est
généralement un cone, appelé écorceur (en anglais ”"skimmer”), dont on voit un schéma sur

la figure I-8.
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L’écorceur est une piéce trés délicate a fabriquer. En effet si ’on veut obtenir une grande
différence de pression entre la premiére chambre dans laquelle se trouve le gicleur (chambre
source) et la chambre suivante (qui contient dans notre jet le canon a électrons servant a
Pexcitation de I’hélium métastable) il faut que le rayon du trou de I’écorceur soit tres petit.
D’autre part il faut veiller a ce que la rétrodiffusion des atomes sur I’écorceur ne vienne
pas perturber le jet supersonique. L’extremité de 1’écorceur doit donc étre trés fine et les
angles du cone choisis de sorte que le gaz restant dans la chambre source soit défléchi hors

de 'axe du jet supersonique.

La réalisation de ’écorceur nécessite une optimisation des valeurs de ’angle intérieur
et extérieur du cone de I’écorceur [19], 'ouverture étant généralement choisie la plus petite

possible [13] compte tenu des possibilités techniques.

Dans une discussion trés générale du role de 1’écorceur il faudrait tenir compte d'un
autre phénomeéne physique : ’onde de choc stationnaire qui apparait dans un écoulement
laminaire lorsque la pression locale daas le jet supersonique p(z) devient comparable a la
pression résiduelle p,es de ’enceinte dans laquelle se produit la détente. la surface de 'onde
de choc, appelé "disque Mach”, est une surface de discontinuité ou le jet est ralenti et
échauffé [9) ce qui déteriore considérablement le jet supersonique. Des études numériques

[10] permettent de trouver la distance z.poc entre le gicleur et I’onde de choc

1

Zchoc Do 2
— ~0.67 IA4 —
hoe o 0.6 (p) (1A4—1)

ou pg est la pression dans la source du jet supersonique. Pour éviter une onde de choc on
peut placer ’écorceur a une distance dgy. plus petite que 2zchoc; la pression p,., intervenant
dans (IA4-1) sera donc non pas celle de I’enceinte source, mais celle beaucoup plus faible de
Penceinte suivante. Le calcul d’une onde de choc suppose d’autre part qu’on soit toujours en
régime d’écoulement laminaire & la distance zcpo du gicleur. Avec une pression résiduelle

au niveau de ’écorceur estimée a
Dres ~ 10~2 mbar (IA4-2)
nous avons pour pg = 5 bar et D = 25 ym :

Zehoe =~ 12 mm (IA4-3)
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Nous constatons que dans notre cas le jet est passé 3 un régime d’écoulement effusif & une
distance zget (2get = 0.5mm) plus petite que zcpoc. Lorsque le jet est en régime d’écoulement
effusif, I’écorceur joue le role de diaphragme se limitant 4 découper une petite partie du jet
autour de I’axe dans la distribution angulaire totale du jet supersonique. C’est d’ailleurs

dans cette situation que 1’écorceur perturbe le moins le jet supersonique [8, 19].

2 2 -6
nres,p res < 107" mbar

vVyY

exp(-n2 G (z-z) }

NV

Fig. I-9 : Atténuation du jet supersonique : le nombre de -collisions

atténuant lintensité du jet est plus élevé dans I’enceinte source que dans
P’enceinte excitation.
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5) Intensité du jet supersonique

Comme nous venons de le signaler dans la partie IA4, notre jet supersonique est en
régime effusif au niveau de I’écorceur. Les particules du jet sont donc devenues indépendantes
les unes des autres et nous pouvons en particulier supposer qu’une particule ayant subi une
collision (avec le gaz résiduel ou avec I’écorceur) ne sera plus réorientée dans la direction du
jet. En supposant un écorceur parfait (c’est-a-dire sans rétrodiffusion sur I’axe du jet) nous
pouvons évaluer une valeur maximale pour l'intensité Z(0) du jet en considérant I’écorceur
comme trou de sortie d’une source en régime effusif. La condition (IA1-1) déterminant le
régime effusif s’écrit alors [19]

Ae =——— 2> D, IA5-1
\/éneae - ( )

ou D, est le diamétre de ’ouverture de 1’écorceur ; le libre parcours moyen A, des particules
au niveau de 1’écorceur est déduit a partir de la densité de particules n. et la section efficace
de collision o, avec les particules du gaz résiduel [19). L’intensité du jet a la sortie de

Pécorceur sera donc limité par Z,,,; :
Imaz = zzneve (IA5 - 2)

ol v est la vitesse des atomes traversant ’écorceur et z2 est une constante de normalisation
(de l'ordre de grandeur de la taille de ’écorceur).

Comme v, ™~ ueo(IA2—11),0n a:

22 27kBTo
I <Tpmez= £ 1/ IA5 -3
- \/éo'eDe (7 - I)M ( )

En prenant z, = D, = 0.8 mm et 0. = 37/i2, nous trouvons a Ty = 300K

Tmar =~ 31018 atomes/sec.sr (IA5 —4)

Cette limite est d’autant plus contraignante que la température Ty de la source est basse.
Dans notre jet, la valeur donnée par (IA5-4) est plus faible que l'intensité calculée a partir
du débit total (IA2-22) et ceci peut contribuer a expliquer la diminution de notre signal a

basse température (voir IC3a).

Remarque :



49

Lorsque lintensité du jet n’est pas limitée par la densité de particules au niveau de
Pécorceur, elle est proportionelle au débit N du gicleur et dépend de atténuation
par diffusion sur le gaz résiduel (entre le gicleur et I’écorceur aussi bien que & la
sortie de I’écorceur). Dans ces conditions I'intensité sur I'axe I (z) du jet & une

distance z du gicleur s’écrit

I(Z) = ENe—n}'e‘o(ZC—zﬂel)e—naeaa(z—ze)
™

ot n},, est la densité du gaz résiduel entre le gicleur et I’écorceur, n?,, celle aprés
Pécorceur (fig. I-9); z. (respectivement z4;) est la distance entre le gicleur et

I’écorceur (respectivement : la position de ”gel” de la détente, voir IA3-3).

6) Conclusion

Cette premiére partie sur le jet supersonique nous a permis de voir quels sont les
parametres intervenant dans le fonctionnement d’un tel jet et d’en donner une description
quantitative. Le tableau I—1 récapitule les résultats des calculs correspondant a notre
jet supersonique d’hélium. Nous y donnons les valeurs correspondant & une source a
température ambiante (Ty = 300K) & une source refroidie a la température de 1’azote
liquide (Tp = 77K). Les expériences décrites dans les chapitres II et III de cette theése ont
en effet été effectuées avec une telle source refroidie a Ty = 77K.

Nous décrivons dans la partie IC les éléments nécessaires & la réalisation d’un tel
jet supersonique. Auparavant (IB) nous étudions comment on peut obtenir & partir d’'un
jet supersonique d’hélium, qui est dans son état fondamental He(11S;), un jet d’hélium

métastable He*(235)).
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Diamétre du gicleur D 25 pm
pression dans la source pg 5 bar
valeurs prises pour des
températures Ty de la source de 300K 77K
A
nombre de Knudsen : Kng = —130 0.0006 0.0002
nombre Mach: My, = (Kng)™® 40 70
k
vitesse moyenne : U, = ‘/ 2 ]ZTO 1760m/s 890m/s
di ion des vites Yoo 6_1 3% 1.5%
spersion vitesses : =4/ .
P Uoo V¥V IMoo ° °
débit : N 2 torr.l.sec™! |4 torr.l.sec™?
intensité sur l'aze(en at.sec™t.sr™1):
~sans limitation par I'écorceur : I(0)* 2 10'° 4 10%°
— limité par un écorceur de diamétre
0.8 mm : Ipmga,*? 3 1018 1.5 10'8

(*) voir formule (IA2—-13)
(**) voir formule (IA5-3)

‘Tableau I1 : Caractéristiques du jet supersonique

d’hélium (dans 1’état fondamental)
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CHAPITRE 1

B — EXCITATION DE He* (2381)

Introduction

Afin de préparer les atomes d’hélium dans ’état He* (23 5'1) qui nous sert d’état fon-
damental pour l'interaction atome-laser, nous bombardons le jet d’hélium supersonique
par des électrons. Ce bombardement électronique des atomes n’a pas seulement comme
effet de les exciter par un apport d’énergie, mais change aussi leur vitesse par un trans-
fert de quantité de mouvement lors de la collision inélastique. La figure I—10 montre un
spectre de temps de vol des atomes métastables He* (23 Sl) obtenus a partir d’un jet su-
personique d’hélium refroidi a ’azote liquide. La vitesse initiale moyenne des atomes dans
I’état fondamental est de u= 890 m/s avec une dispersion initiale de Au/u =~ 2% (voir
IA6). On s’apercgoit que les changements de vitesse lors de ’excitation peuvent étre con-
sidérables (plusieurs centaines de métres par seconde) et que la distribution des vitesses des
métastables obtenues a partir d’un jet initial relativement monocinétique devient beaucoup
plus large. Dans certains cas (comme par exemple pour la figure I—-10) elle peut méme

présenter plusieurs pics distincts.
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Le but de ce chapitre est de comprendre la distribution des vitesses obtenues, afin de
trouver les conditions permettant d’avoir une distribution des vitesses des métastables la

mieux adaptée aux exigences de nos expériences.

Dans une premiére partie (IB1) nous mentionnons les différents processus possibles
pour exciter un jet d’hélium par bombardement électronique. Nous faisons ensuite un

bilan d’énergie et d’impulsion (IB2) lors du processus d’excitation directe:
He (11.5'0) + e~ — He* (2351) +e” (IBO —1)

Une fagon particuliérement commode de présenter ces lois de conservation consiste a utiliser
les diagrammes de Newton, qui représentent les différentes vitesses qui entrent en jeu. Nous
appliquons ces considérations pour calculer les vitesses des atomes excités que nous pouvons
observer dans nos expériences, ou le détecteur est placé dans I’axe du jet initial (IB3). Le
parameétre le plus important pour la distribution des vitesses de He* (23 5'1) est ’énergie E;
des électrons incidents, mais nous verrons aussi 'importance de leur angle d’incidence 6,.

Nous appliquerons les considérations précédentes a notre configuration dans le paragraphe
IB4.

1) Les divers processus d’excitation

Sur la figure I-11 nous avons représenté les niveaux d’énergie de I’hélium montrant
I’état triplet métastable He* (23S 1), niveau servant en fait d’état fondamental pour toutes
nos expériences d’interaction laser-atome. Pour exciter les atomes d’hélium dans cet état a
partir du véritable état fondamental He (11.5'0), il faut fournir a chaque atome une énergie
interne supérieure ou égale a 1'énergie Ey = 19.8 eV séparant 1'état He* (235;) de Détat
fondamental He (llSo). Cet apport d’énergie est réalisé de fagon classique en bombardant
les atomes par des électrons accélérés & des énergies E; supérieures & Ey [21, 22, 23]. On
peut ainsi exciter directement un atome d’hélium dans 1’état triplet métastable a partir de
I’état fondamental:

He (1150) + e~ — He* (2351) +e” (IB1-1)
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La réaction (IB1-1) n’est cependant en général pas la seule possible. Nous allons voir dans
la partie IC qu’on est en général amené & accélérer les électrons a des énergies E; nettement
au-dessus du seuil Ey (E; = 30 €V ou plus). Les électrons peuvent dans ce cas exciter tous
les états liés de 'hélium He (n25+!L;) et méme ioniser les atomes (pour ’hélium I’énergie
d’ionisation est de 24.6eV).

La plupart des états He (n?S*1L;) retombent par cascade radiative soit vers ’état
fondamental stable He (1'So) soit vers un des états métastables He* (2! Sp) ou He* (235;)

(de durée de vie de 20 millisecondes et 7900 secondes respectivement [24]).

Il existe néansmoins d’autres sous-produits de cette excitation susceptibles de parvenir
a notre détecteur (voir IC5) et d’y créer un signal. Il en est ainsi pour certains états tres
excités He (n25+1L J) qui peuvent avoir des durées de vie de ’ordre de la milliseconde
(pour n > 25 [25]), ce qui leur permet -d’arriver jusqu’au-détecteur avant -de se desexciter.
Par ailleurs les atomes ionisés par la collision avec les électrons peuvent étre accélérés par
les différents potentiels électriques dans le canon a électrons a des énergies cinétiques de

plusieurs électrons-volts. Pour E; = 30 €V on obtient ainsi une vitesse v de

2F;
v = 27000m/s

v =

Certains de ces ions sont neutralisés avant de sortir du canon a électrons [26, 27, 28, 29].
On peut ainsi obtenir des atomes d’hélium neutres extrémement rapides. Leur énergie
cinétique peut suffir & arracher un électron de notre détecteur et a donner ainsi un signal

analogue 3 un atome dans ’état métastable He* (235;) (voir IC5).

Un autre processus d’excitation est ’échange de métastabilité [30] entre un atome A

dans ’état fondamental et un autre atome B dans ’état excité :
He, + Hep — He’, + Hep (IB1 —-2)

Nous discuterons dans la derniére partie (IB5) de ce chapitre le rdle de ces différents pro-
cessus d’excitation indirecte. Dans les parties IB2 & IB4, nous nous limiterons au cas de

I’excitation directe (IB1-1).
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2) Bilan d’énergie-impulsion : Diagramme de Newton

Dans cette partie nous étudions le changement de vitesse d’'un atome d’hélium lors
d’un excitation directe (IB1-1) par bombardement électronique. En utilisant les relations
de conservation de I’énergie et de I'impulsion dans le référentiel du centre de masse, nous cal-
culons les vitesses possibles pour un atome excité. Les diagrammes de Newton représentent

graphiquement les résultats de ces calculs.

Considérons un atome d’hélium de masse M dans 1’état fondamental He (1150) se
déplacant a la vitesse v, parallele a Oz par rapport au référentiel fixe du laboratoire. Apres
une collision avec un électron é€, de masse m, d’énergie E; et d'une quantité de mouvement
p' par rapport au laboratoire, ’atome d’hélium peut étre excité dans un état He* ayant
une énergie interne Eq au dessus de celle de He (11S;). On notera v* la vitesse de He* et

p' la quantité de mouvement de 1’électron apres la collision (fig. I—12).

Fig. I-12 : Collision électron-hélium.

Le référentiel du centre de masse de ces deux particules a une vitesse u.,, par rapport au

référentiel du laboratoire:

1 i
Uem = (p' + Mv) (IB2 -1)
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En notant Vem (resp. vi,) la vitesse initiale (resp. finale) de I'hélium et pf, (resp. p{,)
la quantité de mouvement initiale (resp. finale) de 1’électron dans le référentiel du centre
de masse, nous pouvons écrire les équations de conservation de 1’énergie et de 'impulsion

sous la forme :

.9 2 .

1 : 1 f

SMvi, + g?—n": = SMvi, + ‘2’%‘ + E (IB2 — 2)
Mv, +pi,=0=Mv:, +pl, (IB2 — 3)

La masse de P’électron m étant beaucoup plus petite que celle d’'un atome d’hélium (m

<< M), nous négligerons dans toute la suite les termes en §; . D’autre part nous serons
toujours dans une situation ou la vitesse v' des électrons est beaucoup plus grande que
celle des atomes d’hélium. En effet dés que I’énergie E; des électrons est au-dessus du seuil
Ey =198 eV

]vil > 10°m/s
tandis que la vitesse des atomes d’hélium est de 'ordre de:
Ivil ~10°m/s
A partir des équations (IB2-2) et (IB2-3) nous obtenons:

Y, (1 + %) v2 =ty (1 + -Ai) v+ By (IB2 — 4)
2 m 2 m

ce qui donne P’équation approchée:

Vom = Ven — —5Eo (IB2 — 5)

N 2 . ’ « e ey ,
Nous pouvons exprimer v, en fonction de 1’énergie initiale E; des électrons en passant

dans le référentiel du laboratoire. A partir de (IB2-3) et de |v¢| >> |v] on déduit:

i

Vem = lpcm = L (pi - mucm)
M M

mi ;1 i
vcmz'ﬂ v —M(mv +MV)
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et nous obtenons:

~_Mi
Vem & —Hv (IB2 - 6)

Nous pouvons donc exprimer la vitesse des atomes métastables dans le centre de masse en

fonction de 1’énergie initiale E; des électrons:

2

Vi = o (Bi - o) (1B2 - 7)
Dans le référentiel du centre de masse toutes les directions sont & priori possibles pour la
vitesse v¢,,. Dans le référentiel du laboratoire, les vitesses possibles pour I’hélium excité
v* obéissent a la relation

v =uem + v, (IB2 - 8)
Il apparait donc que les vitesses v* sont situées sur une sphére de rayon |v¥_| centrée

autour de ucm. Le diagramme de Newton représente la coupe dans le plan contenant v et

Ucm de cette sphere (fig. I-13).

0

it

obs

<;“

M

Fig. I-13 : Diagramme de Newton : tracé géométrique des quantités
de mouvement dans le référentiel du laboratoire -intervenant dans la
détermination de la vitesse v* de I’hélium. Mv et p' sont les quantités
de mouvement initiales de I’hélium et de I’électron; u.m est la vitesse
du référentiel du centre de masse par rapport au laboratoire. Aprés
la collision excitatrice, I’atome d’hélium excité a une vitesse v* dont
Pextrémité est sur le cercle de rayon donné par IB2-7. 1l est ainsi possible
d’obtenir les vitesses longitudinales suivant ’axe d’observation Oz par

exemple.
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3) Cas de He" observés le long du jet initial

Dans notre jet supersonique d’hélium métastable, nous avons choisi un bombardement
électonique colinéaire au jet ayant une symétrie de révolution autour de I’axe du jet initial
(voir IC1) et nous détectons les atomes métastables autour de I’axe du jet initial. C’est
pourquoi nous étudions plus en détail le cas des atomes excités ayant une vitesse v* dans

la méme direction que la vitesse initiale v du jet.

Le canon a électrons que nous utilisons n’étant pas parfait, nous ne pouvons pas réaliser
un bombardement par des électrons ayant tous exactement la méme direction. Pour avoir
une compréhension compléte de la distribution des vitesses que nous observons sur notre
jet, nous devons tenir compte de ’angle 6, entre 1’électron incident et le jet d’hélium dans
I’état fondamental. Nous supposerons pour ces calculs que tous les atomes ont initialement

la méme vitesse v.

Nous écrivons d’abord que la composante transverse v de la vitesse des atomes excités
observés est nulle:

Vi = (Uem +Vin), = O (1B3 - 1)

Partant des vitesses transverses initiales des atomes et des électrons:

[vij=0 (IB3 — 2)
[vi| = sinb.| [v}| (IB3 - 3)
I’équation (IB2-1) donne:
* m . T . 2mE"
|(vcm)_L| =1 |sinf| |v*| = |sinb.| e (IB3 —4)

or d’apres (IB2-7)

V-Veml
[vI?

.y _2m .
Veml =372 (Bi = Eo) = |(vim) LI" + (IB3 — 5)

En combinant les équations (IB3-4) et (IB3-5) nous obtenons:

V-
V2

— sz"; (E:cos?6, — Ey) (IB3 — 6)
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ou encore:
V.Vim
vI?

2
-+ AZ (Eicos®6, — Eo) - (IB3 - 7)
Comme la vitesse v* des atomes excités est paralléle a v :

*
A\’

(IB3 — 8)

vI?
on trouve que:
(viv)  (viL.v)
* = m IB3 —
v =v+ WP + v v (IB3-9)

Le changement de vitesse Avy des atomes lors de I'excitation vaut donc:

v*—v)v 2m
Avy =( v ) =‘/ iYE {cosGe\/E,- + v/E;icos?6, — E’o} (IB3 — 10)

Cette équation nous permettra d’analyser nos résultats expérimentaux de mesures de temps
de vol, réalisées avec le détecteur dans la direction du jet initial. L’angle 6. entre I’électron
incident et le jet initial joue un role important et nous allons discuter les cas particuliers
du bombardement paralléle (6, = 0), du bombardement antiparalléle (6. = ) ainsi que le

cas limite de cercles de Newton tangents a 1’axe d’observation.

a) Bombardement électronique paralléle

Si nous prenons 8, = 0, le changement de vitesse Avy devient (IB3-10) :

Avy (8. = 0) = \/EM;"Z{\/Ei VE:i—Eo) (IB3 — 11)

Cette équation met bien en valeur ’existence du seuil Ey d’énergie nécessaire pour I’excitation
des atomes dans un état métastable. Nous constatons que d’aprés 1’équation (IB3-11) que
ce changement de vitesse Avy peut prendre deux valeurs différentes. La plus petite de ces
valeurs correspond & une situation oii, dans le référentiel de centre de masse, la collision se

fait sans changement de direction pour chaque partenaire (6.m,=0, fig. I—14b).
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a) - ‘I' oM J/Z;:,//:\L — cH
L EVE 3 ,{/.4,?1 - =>f
He',Vom Y
N % %
b) He ’YCM /f{;/\t He ’V CM
< T,
- =f < -1
e e,
P om Pem

Fig. I-14 : Collision électron-hélium dans le référentiel du centre de masse.
a) Collision de ”plein fouet” : Ocm = 7,

b) Collision sans changement de direction de vitesse : ., = 0.

Au contraire dans le cas d’une collision de ”plein fouet” dans le référentiel du centre de
masse, ou la vitesse de chaque partenaire est retournée (O.m = 7, fig. I — 14a), le change-

ment de vitesse est maximal.

La figure I—10 montre un spectre expérimental de temps de vol obtenu a partir
d’atomes avec une vitesse initiale de 890 m/s. Nous y voyons clairement les deux pics
prévus & 980 m/s et 2400 m/s pour E; = 100eV par (IB3-11). Sur la figure I-15 nous
avons tracé les vitesses des métastables observés en fonction de ’énergie E; des électrons.
Les électrons d’excitations ont une vitesse parallele (6, = 0) au jet supersonique d’hélium
initial, qui est refroidi a la température de 1’azote liquide (Tp = 77K), ce qui correspond a

une vitesse initiale u pour ’hélium

_ [5kpTy
u= Y 890 m/s
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Fig. I-15 : Vitesse de I’hélium excité en fonction de I’énergie initiale
des électrons dans le cas du bombardement paralléle. La ligne en con-
tinu correspond aux prévisions théoriques & partir de (IB3—12) et en
prenant une vitesse initiale de v;n; = 890m/s. Les croix indiquent les
vitesses correspondant aux pics expérimentaux obtenus par des mesures
de temps de vol (source refroidie a I’azote liquide, bombardement en
configuration paralléle). Les pics supplémentaires correspondent a une
excitation non colinéaire (voir paragraphe IB3c).
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La courbe en continue sur la figure I-15 correspond au calcul des vitesses v* a partir de

(IB3-11)

v* =u+ Avy (6. = 0) (IB3 - 12)

Les résultats expérimentaux confirment donc I’existence de pics aux alentours des vitesses
prévues par (IB3-11). Notons que cette comparaison entre la théorie et les expériences

n’inclut aucun parametre ajustable.
Remarque :
La présence de pics expérimentaux supplémentaires ainsi que le léger décalage
entre les pics observés et les vitesses calculées proviennent du fait que notre canon
a électrons n’est pas parfait et que nous ne pouvons pas accélérer tous les électrons
dans la méme direction 8, = 0. Nous reviendrons dans les parties (IB3-b, c et

IB4) sur ces points.

b) Bombardement électronique antiparalléle

Si les électrons ont une vitesse opposée a celle de I’hélium initial (6, = 7), le change-

ment de vitesse Avy pour les atomes d’hélium vaut (IB3—10):

Av,,(oezw)=,/%{—\/ﬁ-i \/E.-—Eo} (IB3 — 13)
Remarquons que:

Avy (6 =) = —Avy (6. = 0)

Sur la figure I—16 nous représentons la courbe des vitesse v* déduites d’une vitesse initiale

u = 890 m/s pour un bombardement électronique antiparalléle (6, = =):

v* (0. =) =u+ Avy (6. =)

Nous voyons en particulier que dans le cas des collisions de ”plein fouet” (dans le référentiel

du centre de masse) donnant un changement de vitesse

Av(plein fouet) = ‘/% {—\/E- —VEi- Eo} (IB3 — 14)
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la vitesse v* des atomes excités s’annulle pour une valeur E,, de I’énergie des électrons

donnée par:

p
u=—Avy = ,/-A%{JEC,+\/EC,—EO} (IB3 — 15)

Pour des énergie plus grandes, ces collisions font méme rebrousser chemin aux atomes

d’hélium métastable qui n’arrivent alors plus au détecteur.

Nous avons essayé d’obtenir expérimentalement des atomes excités a des vitesses
prévues par (IB3-13) en inversant notre canon a électron, de sorte a produire un bom-
bardement électronique antiparalléle. Mais nous n’avons pas observé dans cette config-
uration les deux pics de vitesse attendus. Plusieurs effets peuvent contribuer a rendre
cette excitation antiparalléle plus difficile. Tout d’abord lorsque la vitésse longitudinale
des atomes métastables diminue beaucoup, la divergence du jet augmente, et de moins en
moins d’atomes excités parviennent au détecteur sur ’axe. D’autre part nous n’observons
pas directement la distribution des vitesses, mais nous mesurons des temps de vol (voir
IC3) entre un disque tournant (hacheur”) et le détecteur (2 une distance L). Ainsi pour
une méme dispersion Av* des vitesses, I’étalement temporel AT est plus grand a faible

vitesse v*:

L

AT = —
(v*)

Av* (IB3 — 16)
Pour un méme nombre d’atomes avec une dispersion de vitesse de Av* autour d’une vitesse

moyenne v*, le rapport signal sur bruit sera donc plus petit pour des faibles vitesses.

Dans le but d’avoir un jet d’atomes excités trés lents, il serait cependant intéressant

de pouvoir observer la branche descendante de la courbe représentée sur la figure I-16.



vitesse[m/s]
1000 —
0 1 1 1 4[ A 1 i 1
0 100 ev E.

Fig. I-16 : Vitesse de I’hélium excité déduit de (IB3-13) pour le bom-
bardement anti-paralléle (§. = =w). La partie croissante de la courbe
correspond a 6., = 0 tandis que la partie décroissante correspond aux
collisions de ”plein fouet” (6.m = ™). Cette partie de la courbe passe
d’ajlleurs par la vitesse nulle, ce qui corfespond a un arrét des atomes
d’hélium dans le référentiel du laboratoire sous I'influence de la collision
avec un électron.

Cette branche descendant dans le cas d’anglé d’incidence antiparalléle (6. = 7) est I’équivalent
de la branche montante pour 8, = 0 (voir figure I-15). En effet ces deux branches
représentent le changement maximal de la vitesse longitudinale et correspondent aux colli-
sions de ”plein fouet” (f.m = 7). Or on sait que le fait que la section efficace différentielle

pour 6., = 7 diminue quand ’énergie E; augmente. Dans le cas d’excitation paralléle
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( 6. = 0 ) cette diminution est compensée par ’obtention de vitesse v* plus élevées et
nous avons donc pu observer cette branche. Par contre, dans le cas des électrons a inci-
dence antiparalléle (8, = 7), lorsque ’énergie E; augmente, la vitesse v* des métastables

correspondant & 6., = m diminue et P'intensité des atomes détectés décroit fortement.

Les distributions des vitesses que nous avons pu observer dans une configuration de
bombardement antiparalléele au jet initial étaient beaucoup plus étalées et ’intensité du
jet était plus faible que dans la situation parallele. Dans le but d’avoir un jet d’hélium
métastable avec une vitesse bien définie nous préférons donc travailler avec un bombarde-

ment électronique paralléle au jet initial.

Remarque :

Revenons a la figure I—15 présentant les résultats expérimentaux de mesure des
vitesses des métastables dans une configuration de bombardement électronique
paralléle au jet initial. Nous trouvons sur cette figure des vitesses v* inférieurs
a la vitesse initiale des atomes d’hélium. Nous pensons que dans notre canon a
électrons quelques électrons ont une vitesse opposée au jet d’hélium a cause du
champ magnétique, malgré la configuration de bombardement paralléle choisie, ce

qui permet d’expliquer ces vitesses plus lentes (voir IC1).

c) Bombardement oblique

Les deux paragraphes précédents correspondent & ’étude d’un canon a électrons dans
une situation de bombardement colinéaire (8, = 0 ou 6, = 7) au jet d’hélium. Mais dans le
canon a électron réellement utilisé (voir IC3) les électrons sont émis par un filament chauffé
et suivent des lignes de cha,mp électrique et magnétique qui ne sont pas toutes paralléles
a I’axe du jet initial. Pour avoir une compréhension compléte de la production d’hélium
métastable dans un canon & électrons, il faut donc analyser le cas de collisions obliques
(6 # 0,6, # ).

Le changement de vitesse calculé pour un bombardement oblique est donné par (IB3-
10):

2
Avy (0e) = ﬁn;_ {cosOe\/E,- + v/ Eicosf. — Eo} (IB3 — 10)
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ceci correspond a un changement de vitesse qu’on aurait obtenu par un bombardement
colinéaire avec une énergie E; pour les électrons de E; = E; |cosb.|.
Remarquons que d’aprés (IB3-10) pour une énergie E; donnée, nous ne pouvons ob-

server des atomes métastables le long du.jet initial que si ’angle 6, vérifie la relation:

Lo

|cosbe| > |cosb.,| = E,

(IB3 — 17)

Si I'angle 6, est proche de 7 (plus grand que 6., ), tous les atomes sont déviés hors du jet

initial lors de I'excitation. Le cas limite est celui ou le cercle de Newton est tangent a ’axe

du jet initial (fig. I-17). Le changement de vitesse correspondant

2m
A'U// (gcr) = m\/ Eo (IB3 — 18)

Vz

Fig. I-17 : Cercle de Newton tangent a l’axe d’observation.

présente la particularité d’étre indépendant de 1’énergie E; des électrons incidents. Nous
verrons dans (IB4) que par un effet de stationnarité (extrémum de l'intersection du cercle

par P’angle d’observation - "effet arc-en-ciel”), cette situation de cercles tangents peut se
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traduire par un pic dans la distribution des vitesses. La figure I-18 montre ’observation

expérimentale d’un tel pic a la vitesse:

omE
vt = ut [ T% = 890 + 360 = 1250 m/s (IB3 - 19)

Intensité Temps de vol

T,=77K

hv He

A

-

I | l
0 1 2 3ms temps

Fig. I-18 : Mesure de temps de vol montrant un pic obtenu par des
collisions obliques. Le pic & t ~ 0.8ms correspond & 0., ~ 7, celui 4 t
~ 1.9ms correspond & 8., = 0. Pour Oy = 8 la vitesse des atomes est
de 1250 m/s ce qui correspond au pic dans le temps de vol 4t ~ 1.5m/s
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Revenons a la figure I-15 donnant les vitesses v* de I’hélium métastable en fonction
de ’énergie E; des électrons. La branche représentant les atomes a la vitesse v* ~ 1250m/s
indépendemment de E; peut étre attribué a ces collisions obliques a §, = 6,,.

En conclusion nous pouvons dire que le calcul du paragraphe IB2, illustré par les di-
agrammes de Newton, permet une trés bonne prévision des vitesses v* qu’on peut obtenir
pour les atomes métastables par excitation électronique. Mais ce calcul ne permet pas
de calculer la distribution N (v*) des vitesses, c’est-a-dire le poids relatif de chaque com-

posante.

4) Distribution des vitesses de He"*

Nous venons dans la partie précédente de calculer le changement de vitesse Avy que
subit un atome d’hélium lors de son excitation par une collision avec un électron. Pour
connaitre le nombre d’atomes excités a une vitesse v* compatible avec (IB3-10) nous étu-
dions maintenant les roles respectifs de la distribution angulaire des électrons incidents
n(6.), de la section efficace différentielle de la collision hélium-électron et de 1’angle solide
d’observation. Rappelons que nous nous limitons aux atomes excités observés dans une

direction identique a celle du jet initial.

a) Influence de la distribution angulaire des électrons incidents

Considérons d’abord l'effet de la distribution angulairen (6.) des électrons incidents.
Nous venons de voir dans la partie IB3 que les deux vitesses possibles pour un atome excité
dépendent de I'angle 6, (pour une énergie E; fixée). Il est donc clair que si la distribution
angulaire des électrons n (0.) est trés piquée autour de . = 0 par exemple, nous ne pourrons
observer que les deux pics de vitesses correspondant & Avy (6. = 0). Plus la distribution
électronique n (,) est large, plus les vitesses possibles pour I’hélium excité différeront les
unes des autres. A la limite de la distribution n (6.) uniforme, toutes les vitesses comprises

entre les vitesses correspondant 4 ., = 0
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v;(66=0)=v+\/%(\/a—\/Ei—Eo) (IB4-1)

v;(96=0)=v+\/%<\/1?;+\/Ei—Eo) (IB4 - 2)

et celles correspondant a 6, = 7

v (b =m)=v— \/fuE (VE: - VB~ Bo) (IB4 - 3)

v;(66=7r)=v—\/%(\/ﬁ+\/Ei—Eg)  (IB4-4)

sont possibles (partie hachurée de la figure 1-19).

vitesse[m/s]
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Fig. I-19 : Vitesses possibles le long de I’axe initial du jet pour I’hélium
excité par des collisions obliques (partie hachurée), la vitesse initiale
étant 890 m/s.
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Ceci se traduit donc par un élargissement de la distribution des vitesses, d’autant plus

important que ’énergie E; est élevée.

Remarque :

Nous pouvons maintenant comprendre le décalage entre les vitesses prévues par le
calcul pour un angle d’incidence 6. = 0, et les valeurs observées expérimentalement
(fig. I-15). En effet la contribution des électrons ayant un angle d’incidence non
rigoureusement nul (6, # 0), présents dans notre canon a électrons, se traduit
par des vitesses v* déplacées vers l'intérieur de la surface hachurée de la figure
I-19. Si nous tenons maintenant compte de tous les angles d’incidence proche de
0. = 0, les maxima de la distribution des vitesses des atomes excités seront décalés
par rapport aux prévisions de IB3-11 pourf. = 0.Si par contre nous portons les
vitesses extrémes de la distribution des vitesses en fonction de I’énergie E;, nous

obtenons un excellent accord entre les calculs et les expériences (fig. I-19 bis).

vitesse [m/s]

3000

1000

L a

- _ Bl = I 1 ® I i "  D————

i 1 1 1 71 1 1 [] 1 | l | [l 1 1

0 100 eV E.

Fig. I-19bis : Comparaison entre le calcul et les vitesses extrémes obtenues
expérimentalement. La valeur des vitesses extrémes pour une énergie E;
donnée a été obtenue en prenant comme temps de vol celui ot I’intensité
du pic dans le spectre de temps de vol est 0.2 fois son intensité maximale
(points A et B sur la figure I-18).
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b) Role de la section efficace différentielle de collision inélastique

Analysons maintenant 1’effet de la section efficace différentielle de collision inélastique
0 (6cm) entre un électron et un atome d’hélium, donnant un métastable triplet ; 6. est
I’angle entre les vitesses initiales et finales de I’hélium dans le référentiel du centre de masse.
Une section efficace différentielle décroissant avec l’anglee;m augmente le poids des vitesses

correspondant au faible changement de vitesse Avyin (6cm = 0):

| Avminl = \/%{\/E— VE: — Eo} (IB4 - 5)

aux dépens de celles correspondant aux collisions de ”plein fouet” (O .p = 7):

lAvmaz|=\/2H_72{\/E"‘ VEi"’Eo} (IB4 -6)

La forme de la distribution de vitesse dépend donc beaucoup de l'allure de o (ccm). Or
cette section efficace différentielle n’est actuellement pas tres bien connue et la théorie ne
coincide pas précisément avec les expériences [22]. Il semble toutefois bien établi que o
dépend fortement de I’énergie E; des électrons. Ainsi, pour E; = 80 eV ,0(6cm) est une
fonction croissante, tandis qu’a E; = 200 €V , 0 (6. ) décroit en fonction de 6., [22]. Nous
n’envisageons donc pas un calcul exact de la distribution des vitesses N (v*), mais nous

nous limitons a expliquer qualitativement 'influence des différents parametres.

c) Role de Pangle d’observation : effet ”arc-en-ciel”

Un facteur important dans la compréhension de nos résultats expérimentaux est I’angle
d’observation. Comme le montre la figure I-13, le nombre d’atomes métastables détectés
dépend de la fraction du cercle de Newton interceptée par ’angle d’observation. Le facteur
correspondant dépend de P’angle d’incidence 6, des électrons et devient maximal lorsque 6,

s’approche de I’angle critique 6., pour lequel le cercle de Newton est tangent a la direction

[ Eo
|cosb..| = T’ (IB4-17)

d’observation :
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ce facteur passe par un maximum trés marqué.

1 2 [l n

. -
'ecr'l 0 1 ‘ad ec {rad}

Fig. I-20 : Contribution d’un cercle de Newton au signal détecté en
fonction de I’angle 6, d’incidence des électrons. Lorsque 6, tend vers 0.,
P’intersection N(6.) entre le cercle de Newton et ’angle d’observation
0,55 augmente beaucoup pour retomber a zéro lorsque tout le cercle est

3 Dextérieur de 8,45 (nous avons pris 8., = 1.1rad, 8,,; = 10" %rad).

La figure I—20 représente la fraction du cercle de Newton interceptée par un angle
d’observation 6,5, donné, en fonction de I’angle .. Lorsque ’angle 6, devient plus grand
que §.,, tous les atomes excités sont déviés hors de I’axe du jet initial et la fraction du
cercle interceptée par 'angle d’observation tombe 3 zéro. Comme dans I’effet arc-en-ciel
dans lequel ’accumulation de la lumiére & un angle donné est du & un extremum de la
relation entre la distribution angulaire des rayons refractés et les angles d’incidence de la
lumiere, nous avons ici une accumulation des vitesses des atomes excités dans la direction

d’observation lorsque P’angle d’incidence 8, des électrons varie. Cet effet se traduit par un
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pic dans la distribution des vitesses autour de v}, (0.r)

2mE0

vi (0)=vt IYE

(IB4 —8)

Ceci explique pourquoi nous observons dans les spectres de temps de vol un maximum
autour de cette vitesse (voir IC3). Notons que ce pic est plus large que les pics correspondant
a . = 0. En effet, nous constatons sur la figure I-20 que les vitesses le long de ’axe du jet
sont trés différentes aux extrémités A et B de la partie du cercle tangent interceptée par

I’angle d’observation.

5) Conclusion

L’étude de I’excitation de I’hélium par bombardement électronique présentée dans cette
partie IB nous a permis de bien comprendre nos résultats expérimentaux (dépendance des
vitesses en fonction de I’énergie des électrons, effet ”arc-en-ciel”), tout au moins dans le
cas du bombardement paralléle. Nous sommes en particulier en mesure de d’identifier les
différentes origines d’élargissement de la distribution des vitesses v* des métastables. Ainsi
lorsque I’énergie des électrons est proche du seuil Ey, une petite variation de E; entraine
un changement important de v* (voir fig. I-15). Nous verrons dans la partie IC3 que pour
notre canon & électrons nous obtenons pour E; ~ 25 eV une distribution des vitesses d’une

largeur

Av*
= +6% (IB5-1)
Pour des énergies E; nettement supérieures a Ey, la dépendance de v* en fonction de E; est
beaucoup moins importante. Mais dans ce cas c’est ’étalement de la distribution angulaire
n(6.) des électrons incidents qui va entrainer un fort élargissement de la distribution des

vitesses des métastables (voir fig. I-19).
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Rappelons que tous ces calculs ont été faits en supposant une excitation directe des

atome (IB1-1):

He (llSo) + e~ — He* (2351) +e” (IB5 - 2)

Dans le cas d’une excitation d’un niveau plus élevé He (n2S+1LJ) , se désexcitant vers
le niveau métastable He* (2351), on peut reprendre les calculs ci-dessus en remplagant
I'énergie de seuil Ey par Pénergie séparant le niveau He (n2°*1L;) de I’état fondamental.
Le changement de vitesse lors de 1’émission spontanée ne produit en effet qu’un faible
élargissement de la distribution des vitesses tout a fait négligéable davant le changement
de vitesse dii & la collision avec un électron (la vitesse de recul lors de I’émission d’un
photon de 4 eV est seulement de 0.3 m/s & comparer aux dizaines, voire centaines de m/s-

pour le changement de vitesse par les collisions).

Un autre processus d’excitation mérite une attention particuliere: 1’échange de métastablilité
(IB1-2). Dans ce processus un atome d’hélium dans I’état fondamental & une vitesse v 4
interagit avec un atome dans ’état excité (pa.r exemple 23 Sl) a une vitesse (v B- Le résultat
de ce processus est un atome a la vitesse v4 dans ’état excité et un atome a la vitesse vg

dans ’état fondamental :

Hegz (VA) +He"j3 (VB) —»He*A (VA) +Hep (VB) (IB5 - 3)

Ceci se traduit dans la distribution de vitesse des atomes excités par un pic correspondant
a la vitesse du jet initial. L’échange de métastabilité est plus efficace pour 1’état singulet
métastable He* (2!55) que pour He* (235;). Toutefois on peut sur certaines mesures des
distributions des vitesses des métastables triplet distinguer un petit pic a la vitesse initiale
du jet. Nous verrons dans la partie IC6 que ’observation de cette contribution 3 la dis-
tribution des vitesses des métastables permet de mesurer la largeur de la distribution des

vitesses du jet initial (dans I’état fondamental).

Tous les calculs que nous avons présentés dans cette partie correspondent & ’'observation

des métastables dans 1’axe du jet initial lorsque le bombardement électronique est colinéaire.
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On aurait aussi pu utiliser un bombardement électronique transverse (ce qui est plus facile
a réaliser expérimentalement). Les équations (IB2-1) a (IB2-8) restent toujours valables.
Les diagrammes de Newton (fig. I-21) visualisent clairement que dans ce cas, pour une

énergie des électrons E; prés du seuil Ey, les atomes excités sont déviés d’un angle 6, :

2mE0
M2
v

8, = Arctg (IB5 — 4)

Dans cette situation (E; ~ Fy) on aurait donc di adapter I’angle d’observation suivant
la vitesse initiale v des atomes. Pour des énergies E; plus grandes cependant, le rayon
du cercle de Newton devient plus grand et les atomes excités "arrosent” des angles trés

différents; 1’angle d’observation devient alors moins critique.

A

Fig. I-21 : Diagramme de Newton pour le bombardement transverse :
pour des énergies E; proche du seuil Eg les atomes excités sont déviés
du jet initial d’un angle 8055 = Arctg{v/2mEy[Mv}.
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CHAPITRE 1

C — DESCRIPTION ET PERFORMANCES

1) Introduction

La collaboration avec le groupe de H. Haberland & Fribourg (RFA) nous a permis de
commencer ce travail sur un jet supersonique d’hélium métastable prété par ce groupe [31].
Nous avons ensuite construit un jet supersonique d’hélium métastable a I’Ecole Normale
Supérieure, en reprenant ’essentiel des principes de ce jet allemand. Dans une premiere
partie (IC1), nous décrivons en détail les différents éléments du jet construit par les ateliers
de ’Ecole Normale Supérieure : systéme de pompage, source refroidie, canon a électrons,
lampe a décharge d’hélium. Nous motivons au fur et a mesure les choix que nous avons été
amenés a faire lors de la réalisation de ce jet, en nous basant sur les considérations de la
partie IB. Nous présentons en fin de cette partie une méthode permettant de montrer de
facon non ambigiie quelle est la fraction de notre signal di aux métastables triplets. Cette
méthode repose sur les principes de pousse-atome par laser LNA. Dans la deuxiéme partie
(IC2) nous présentons la méthode de détection qui utilise I’éjection d’un électron hors d’une
surface métallique lors de la desexcitation d’un atome d’hélium métastable heurtant cette
surface. Nous donnons enfin dans la troisiéme partie (IC3) les performances de notre jet
supersonique d’hélium métastable triplet : intensité, distribution des vitesses longitudinales,

divergence.
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2) Le jet supersonique d’hélium métastable

a) Systéeme de pompage

Deux points sont a considérer lors de la conception du systéme de pompage d’un jet
supersonique. D’une part comme nous ’avons vu dans la partie IA, le débit d’un tel jet
est tres grand et il faut donc assurer I’évacuation de tout ce gaz dans la premiére enceinte.
D’autre part il faut avoir un assez bon vide pour que la diffusion sur le gaz résiduel n’atténue
pas trop le jet dans les enceintes suivantes ou le jet a un parcours de plusieurs dizaines
de cm. La figure I-22 donne un schéma d’ensemble de notre dispositif de pompage. La
premiére enceinte ou se produit l’expansion isentropique du jet supersonique est celle dans
laquelle regne la plus grande pression. En effet la plus grande partie du débit de la source
d’hélium ne franchit pas ’écorceur et est évacuée par une pompe a diffusion Alcatel 6250

1

de 250 mm d’ouverture, d’un débit maximal de 3.5 mbar I sec™?, soit d’une vitesse de

pompage de 3500 l/sec_1 3 1073 mbar. Un baffle & eau situé au-dessus de cette pompe
réduit la remontée d’huile dans I’enceinte a vide. Le pompage primaire au refoulement de
cette pompe a diffusion est assuré par une pompe a palettes (Alcatel 2063) d’une vitesse de
pompage de 65 m? /h. Ceci nous permet d’obtenir une pression de 0.2 mbar au refoulement
de la pompe a diffusion et assure un bon fonctionnement de celle-ci. Un autre choix possible
pour évacuer les 3.5 mbar 1/s au refoulement de cette pompe a diffusion consisterait 3 utiliser
une pompe Roots (solution adoptée pour le jet allemand). Cette pompe précomprime le
gaz a évacuer. On peut alors utiliser une pompe primaire plus petite au refoulement de la
pompe Roots. Nous avons préféré n’utiliser quune seule pompe a palettes, assez puissante
pour nos besoins et moins sujet a des incidents qu'une pompe Roots. Les deux enceintes
suivantes (enceinte d’excitation et enceinte de manipulation) sont pompées par des pompes
a diffusion Alcatel CRYSTAL 162 de diamétre 160 mm, surmontées de piéges a azote
liquide. La vitesse de pompage de 650 1/s nous permet d’obtenir facilement des pressions
de 10® & 10~7 mbar, suffisant pour !'utilisation de notre jet atomique (cf. fig. I-23).

Pour pomper le refoulement de ces pompes a diffusion ainsi que pour pomper la lampe a
hélium (§ IC1d), nous utilisons une pompe primaire Alcatel 2033, d’une vitesse de pompage

de 35 m®/h. Des piéges & zéolithes évitent la migration de ’huile des pompes primaires vers
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Fig. I-23 : Intensité du jet de métastable en fonction de la pression p
dans l'enceinte "expérience” (distance de vol : L ~ 1.85m). En dessous
de 10~ ®mbar I'atténuation du jet devient négligeable. La section efficace
Oeys est déduit d’un fit avec I = Iyezp{—po.ssL/kpT} avec T = 300K-

les enceintes a vide ou vers la lampe d’hélium.

Afin de réduire les nuisances induites par les pompes primaires sur le montage expérimental
(vibrations, bruit, vapeurs d’huile, dégagement de chaleur) nous avons installé toutes les
pompes primaires a l’extérieur du laboratoire, 4 une distance L = 10 m des pompes a

diffusion. Il faut alors faire attention & choisir le diamétre des tuyaux, reliant les pompes a
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diffusion aux pompes primaires, assez grand pour ne pas limiter la vitesse de pompage. La
vitesse de pompage effective Q. d’un systéme constitué d’une pompe primaire de vitesse

de pompage Q et d’une canalisation de de conductance S est donné par:

1 1 1
— == 4= IC2-1
2.- @753 (12 -1)
Pour un tuyau circulaire de diameétre D et de longueur L, cette conductance vaut pour
I’hélium a 20°C en régime laminaire [33):

D4

S ~230— (IC2 —2)

ol p est la pression moyenne (en mbar) dans la canalisation.

Un calcul plus rigoureux de la conductance ‘doit tenir compte de la présence d’angles
dans la canalisation. Dans notre cas, la conductance efficace Sc¢y est ainsi divisée par un

facteur 2 environ :

Sess = 35 (IC2—3)

Pour la canalisation reliant la pompe a diffusion de I’enceinte source a la pompe a palettes de
vitesse de pompage Q = 65 m3/h = 18 1/s, nous avons ainsi choisi un diameétre D = 10 cm.

A une pression de p = 0.2 mbar, la conductance S,ss de la canalisation vaut :
Sess=2301/s (IC2-4)

ce qui est nettement supérieur & Q = 18 1/s et la vitesse de pompage (). n’est donc pas

affectée par la canalisation:

Qe ~Q (IC2 - 5)

Pour la canalisation reliant les autres pompes & diffusion et la lampe d’hélium a la pompe
primaire de vitesse de pompage Q' = 35 m3/h ~ 10 1/s, nous avons pris un diameétre de

D’ =5 cm. A la pression de §' = 0.1 mbar,la conductance effective S, vaut alors
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La vitesse de pompage efficace Q. pour ce systéme est:

Bien que légérment inférieure a @', cette vitesse de pompage suffit largement pour évacuer
correctement le débit des pompes a diffusion et de la lampe a hélium.

Notons qu’un diametre de 5 cm pour la premieére canalisation aurait diminué la vitesse
de pompage effective a Q. ~ 5 1/s. Pour évacuer les 3.5 mbar 1/sec de la pompe a diffusion,
on aurait alors une pression de 0.7 mbar au refoulement de cette pompe a diffusion, ce qui

est trop élevée pour le bon fonctionnement de cette pompe a diffusion.

b) Source refroidie

Comme I’hélium est un atome trés léger (M = 4 u.m.a.) sa vitesse & température
ambiante est tres élevée : la vitesse longitudinale u d’'un jet supersonique d’hélium a

température ambiante est (IA2-11)

u= SICWT = 1760 m/s (IC2 - 8)

Des vitesses longitudinales vy, plus faibles (*) ont un double intérét dans nos expériences
de refroidissement 3 une dimension. D’une part le temps d’interaction avec le laser T},

augmente si la vitesse v; diminue :
Lint

VL

Tint =

(IC2 - 9)

D’autre part, comme nous déduisons les vitesses transverses v, a partir des mesures d’angles
0:
v) =0.vg (IC2 - 10)

(*) Comme nous travaillons sur les atomes d’hélium métastables excités par bombarde-
ment électronique, il faut considérer la vitesse longitudinale vy des métastables qui peut

différer de celle du jet supersonique initial (voir IB).
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Pour une vitesse transverse donnée, ’angle § mesuré est donc d’autant plus grand que
la vitesse longitudinale vy, est faible, ce qui permet d’améliorer la résolution des mesures
de vitesses transverses (pour une résolution en angles donnée). Nous avons donc prévu
la possibilité de refroidir la source d’hélium par une circulation, soit d’azote liquide, soit
d’hélium liquide si nécessaire.

La figure I—24 montre le schéma de notre source d’hélium. Plusieurs écrans thermiques
minimisent le réchauffement par rayonnement de la partie froide de la source. D’autre part
nous avons réduit 2 un minimum les points de suspension mécanique de cette source pour
éviter le réchauffement par conduction thermique entre la région froide de la source et
Penceinte a température ambiante. Deux filtres, I'un & température de la source, I’autre
a une température plus proche de la température ambiante, évitent que des impuretés
(H20, N2) dans le gaz formant le jet ne viennent boucher la sortie de la source (gicleur de
diametre 25 pm) en s’y condensant. Une diode (DT 470 SD, dont la tension de seuil varie
avec la température) placée prés du gicleur nous permet de mesurer la température de la
source refroidie. Afin de pouvoir travailler a une température intermédiaire entre celle de
I’hélium liduide et celle de ’azote liquide, nous avons pourvu la téte de la source de deux
résistances de chauffage de 200 2. Une étude préliminaire avec une source refroidie par une
circulation d’hélium liquide nous a permis d’obtenir des vitesses longitudinales aussi basses
que 400 m/s pour ’hélium métastable provenant d’une source & 50 K. Malheureusement
le signal de métastables détectés a diminué simultanément avec le refroidissement de la
source. Ceci peut étre expliqué par une diminution de l'intensité du jet supersonique a
basse température (voir IA5), par une augmentation de la divergence du jet de métastables
(introduite lors de I’excitation par le bombardement électronique) quand la vitesse initiale
des atomes d’hélium dans ’état fondamental diminue ainsi que par une augmentation de
la section efficace d’échange de métastabilité qui fera sortir-les atomes-de ’axe du jet. La
plupart de nos expériences (en particulier celles décrites dans les chapitres II et III) ont
été réalisées avec une source refroidie a ’azote liquide, ce qui nous a permis d’avoir un jet

d’hélium métastable de vitesse longitudinale moyenne proche de 1300 m/s.

Le choix du refroidissement a 1’azote liquide résulte donc d’un compromis entre ces
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avantages d’une source trés froide (temps d’interaction accru, meilleure résolution en vitesse
transverse) et le désavantage que présente la diminution du signal de métastables a basse

température.

¢) Canon a électrons

Pour exciter les atomes d’hélium dans 1’état métastable He* (23 Sl) , nous bombardons
le jet d’hélium par des électrons. L’étude de ’influence sur la distribution des vitesses
longitudinales obtenues par bombardement électronique (cf. § I B) nous a amenés a retenir
une géométrie de bombardement électronique colinéaire a I’axe du jet d’hélium initial. Afin
d’augmenter la longueur d’interaction entre électrons et atomes, on confine les électrons
sur ’axe du jet avec un champ magnétique. Nous décrivons ci-dessous ce canon a électrons

en détail. La figure I-25 représente I’ensemble du canon & électrons.

a) Cathode; optique électrostatique

Notre source d’électrons consiste en une spire de tungstene de diametre 0,3 mm, dont
l’axe est celui du jet d’hélium (fig. I-26), chauffée & une température d’environ 3000 K.
Elle est portée a un potentiel U, négatif par rapport a la grille d’accélération. Ceci permet

d’accélérer les électrons émis par le filament chaud & une énergie E; :
Bi = ol (1C2 - 10)

Afin de diriger ces électrons vers l’axe du jet d’hélium, nous avons choisi une géométrie
pour les électrodes, telle que les électrons soient orientés par les lignes de champs électrique

vers 1’axe du jet (électrode Pierce [34]).

B) Champ magnétique de confinement

Il s’agit maintenant de maintenir ces électrons pres de I’axe du jet. Pour cela nous
appliquons a la sortie de ces électrodes un champ magnétique de ’ordre de 500 gauss. Les
électrons spiralent alors autour des lignes de champ magnétique (fig. I-27),
ce qui les maintient plus longtemps prés de ’axe du jet d’hélium. L’intensité du jet de

métastables a pu étre augmenté ainsi de plus d’un ordre de grandeur. I est intéressant
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Ma P /
Pc

d

Co

An

Fig. I-25 : Canon a électrons : les électrons émis de la cathode (Ca)
sont accélérés dans le champ électrostatique de ’électrode Pierce (P)
et I’anode en grille (An) vers ’axe du jet. L’aimant (B) confine les
électrons autour de ’axe. Une plaque collectrice (Pc) et un condensateur
(Co) éliminent les particules chargées de I’axe du jet. Le support de
Pélectrode Pierce est en Macor (Ma), un isolant céramique.

d’entrer dans les détails de ce fonctionnement. Le rayon de courbure R de la trajectoire

d’un électron vaut :
muv

eB

R= (IC2 —12)

ol v, est la composante orthogonale & B de la vitesse de 1’électron. Pour des électrons

d’énergie E; = 50eV la valeur de R, qui dépend de l’angle 6. entre la vitesse de I'électron
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Fig. I-26 : Cathode : un filament chauffé en forme de spire émet des
électrons utilisés pour bombarder le jet d’hélium.

et le champ magnétique B, est de 0.3 mm pour B = 500 gauss a § = 45°. Notons qu’'un
champ magnétique uniforme ne change pas 'angle entre la vitesse des électrons et le champ
magnétique. Comme dans notre cas celui-ci est parallele 3 P’axe du jet initial I'angle
d’incidence 8. entre les électrons et les atomes d’hélium n’est pas affecté par un champ

uniforme et est ce cas déterminé par les lignes de champ électriques.

En fait dans notre cas, I’électron n’entre pas soudainement dans le champ magnétique
de 500 gauss. On peut montrer qui, si le changement de champ magnétique que voit
’électron permet un suivi adiabatique, alors on a un invariant adiabatique v? (z)/B(z)
et la composante longitudinale vy(z) de la vitesse de ’électron est affectée par le champ

magnétique de sorte que ’énergie cinétique totale soit conservée:

2 .2 2 B(z)
v”(z)—vl(0)+v_L(0) (I—B(O)> (IC2-13)
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Fig. I- 27 : Trajectoire d’un électron entrant dans un champ magnétique
: il est possible de confiner les électrons autour de I’axe d’un jet a laide

d’un champ magnétique de 500 gauss.

Cet effet peut méme annuler vy(z), et inverser le sens de propagation de I’électron (”miroir
magnétique”). Dans notre cas, le changement de champ magnétique entre source d’électrons

(z = 0) et le centre de la bobine (z = B) est de I’ordre de:

B L \2y\ —3/2 ‘
F(Z% ~ (1 + %) . (IC2 — 14)
ou p est le rayon de la bobine. Avec z ~ 2p on a:
B
‘é% ~ 11 (IC2 — 15)

Les électrons ayant une composante transverse de la vitesse initiale plus grande que

(IC2 - 16)
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peuvent donc subir un effet de miroir magnétique. C’est ainsi que nous interprétons la
présence, dans notre canon a électrons, d’électrons a des vitesses opposées dont nous ob-
servons les effets sur la vitesse des métastables (voir IB3). Sil’on veut éviter un tel effet de
”miroir magnétique”, on pourrait mettre un blindage magnétique a I’entrée de la bobine

de sorte que les électrons entrent subitement dans la région de fort champ magnétique.

v) Courant d’électrons limite : charge d’espace

Un autre point & considérer est le courant d’électrons maximal que nous pouvons
obtenir. Deux effets limitent ce courant. Tout d’abord I’émission d’électrons d’une surface

chauftée est donnée par:

Imas = S.AT2 5T (IC2 — 17)
ou S est Iaire de la surface,
4nmek? .
A= TB = 120 ampére/cm’ /(K)? (IC2 -18)

et ¢ ’énergie d’extraction qui dépend du métal de la surface : pour le tungsténe : ¢ =
4.54 +0.6107T.

Pour notre filament de surface S = 0.6 cm? 3 une température de T = 2500 K on a ainsi
un courant maximal de:

Ihax =~ 0.15 amperes ! (IC2 -19)

Or notre canon a électrons a fonctionné en général dans le régime de charge d’espace, ce
qui limite le courant d’électrons émis par la cathode. En effet lorsque la densité d’électrons
au voisinage de la cathode devient trop importante, ceux-ci créent un potentiel empéchant
d’autres électrons de sortir de la surface. On peut en effet montrer que le courant I entre
deux plaques séparées d’une distance D dans le vide, portées a une différence de potentiel

de U,, ne peut dépasser la valeur Icg

4 /26 2/2
ICE=S§60 E D? (102—20)

ou g est la permittivité du vide, m la masse et e la charge de I’électron ; S étant I’aire de

la surface d’émission. Pour notre canon a électrons, ou D ~ 5 mm on est donc en régime
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de charge d’espace tant que la tension d’accélération U, est inférieure a:
& q

3

ImazD2

4 /26
5560 -T;

La figure I—28 illustre la dépendance du courant émis par le filament en fonction du po-

tentiel U,.

Uim ~ ~ 1000 V. (IC2 — 21)

. . . 3/2
Nous constatons que les valeurs expérimentales suivent la loi en Ua/

correspondant au
régime de charge d’espace. Notons que cette limitation du courant par l’effet de charge
d’espace est beaucoup plus sévere a basse énergie E; = elU, des électrons. Pour cette
raison on est souvent amené a augmenter ’énergie E; des électrons afin d’augmenter le
courant émis par le canon a électrons et par conséquent l'intensité du jet de métastables.
Or si nous voulons obtenir un jet d’hélium métastable avec un seul pic assez étroit dans
la distribution des vitesses longitudinales et sans contamination par des photons UV, nous
devons travailler a des énergies E; proche du seuil Ey ~ 19.8 eV (voir partie IB et IC3). Le

choix du potentiel d’accélération U, résulte donc d’'un compromis entre les considérations

de largeur de la distribution des vitesses et d’'intensité du jet de métastables.
6) Dispersion d’énergie E;

Pour chauffer notre cathode a 2500 K, nous devons appliquer aux bornes du filament
une différence de potentiel de 5V. Ceci implique que les électrons sortent du filament a
des potentiels différents, ce qui se traduit par une dispersion de AE; = § eV sur 'énergie
E; des électrons qui vont exciter les atomes d’hélium. Or nous avons vu dans la partie
IB que la vitesse finale des métastables dépend de I’énergie E; des électrons d’excitation.
Nous pouvons évaluer la dispersion en vitesse longitudinale §v des atomes excités pour une

dispersion d’énergie AE; = 5eV autour de 23 eV.

Le calcul du changement de vitesse lors d’une excitation par bombardement paralléle
donne (voir IB3) pour E; = E; = 19.8 €V:

Av(E!) = %\/E0 ~ 360 m/s. (IC2 — 22)
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Fig. I-28 : Régime de charge d’espace : courant émis par la cathode en
fonction de la tension d’accélération U: valeurs expenmenta]es (en croix)
et comparaison avec U3/2 (en pointillé).

Pour une énergie E! = 25 €V on trouve :

Av(E") = \/% {\/ET VET = E, } ~ 220 m/s (IC2 — 23)

(cas des collisions avec 8.y, = 0, voir IB3). Pour un jet d’hélium d’une vitesse initiale de
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vini = 890 m/s, ceci correspond a une dispersion dv de la vitesse finale de:

1 v Av(E)—Au(EY)

2 Vini 2.Vini

6% (IC2 — 24)

Nous allons voir dans la partie IC3 que ceci correspond a la largeur de la distribution des

vitesses que nous observons dans ces conditions.

Remarque :

Lorsqu’on veut s’affranchir de cette cause d’élargissement de la distribution des
vitesses, on peut utiliser une cathode a chauffage indirect [35]. Une surface équipo-
tentielle chauffée indirectement (par rayonnement d’un filament de chauffage) per-
met de produire des électrons qui sortent de la cathode tous au méme potentiel.
De plus on peut choisir la géométrie de cette surface de sorte que les électrons sont
guidés parallélement a I’axe du jet d’hélium. -Une-cathode a chauffage indirect est
cependant plus délicate a réaliser. Un mélange de Ni, BaCQO,,SrCQO, et ZrH,
doit étre, aprés un moulage trés fin, mis dans un moule avec une pression de
14 tonnes/cm’ et ensuite fritté sous vide & une température d’environ1000 °K.
De plus on doit avoir un filament de chauffage avec plus de puissance. Tout
ceci se traduit en pratique par des pannes plus fréquentes que pour une cathode
a chauffage direct. Comme la distribution des vitesses longitudinales que nous
pouvons obtenir avec notre cathode a chauffage direct est assez étroite pour nos

expériences, nous avons préféré ne pas utiliser les cathodes a chauffage indirect.

d) Elimination d’espéces atomiques non désirables

Nous avons vu dans la partie (IB1) qu’a c6té des atomes d’hélium dans I’état métastable
triplet He* (235} ) , Pexcitation électronique du jet initial d’hélium peut produire des atomes
dans des états de Rydberg, dans 1’état métastable singulet He* (2!.So) , ou dans 1’état fon-
damental (avec éventuellement une trés grande énergie cinétique), des ions d’héliums, des
électrons et des photons. Nous décrivons dans cette partie comment on peut & I’aide d’un.
‘condensateur et d'une lampe & décharge d’hélium efficacement éliminer la plupart de ces
produits non désirables. On a alors un jet ne contenant plus que

* des atomes d’hélium dans 1’état fondamental
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* des photons

* et des métastables triplets He* (235,) .

a) Condensateur

Toutes les espéces chargées (électrons, ions) présentes dans le jet apres le canon a
électrons sont facilement déviées hors de I’axe du. jet d’hélium par un condensateur per-
pendiculaire a cet axe. Une tension U appliquée entre deux plaques distantes de D donne

lieu a une force f sur une particule de charge ¢ :

qU
= = 1IC2 -2
F=L (102 - 25)
La particule acquiert alors une vitesse transverse v :
vl:iAT-_—EI_J__L_ (IC2 — 26)
m mD v//

ou m est la masse de la particule, vy sa vitesse longitudinale et L la longueur d’interaction

qui est de 'ordre de la longueur des plaques. L’angle de déviation est alors déterminé par

(fig. 1—-29):

Y

Fig. I-29 : Déviation des particules chargées hors de I’axe du jet.



(IC2 — 27)

ou E, = %mv; est I'énergie cinétique de la particule. Considérons d’abord les électrons

émis par le canon a électrons. Leur énergie cinétique est de
E.=E;=eU, (IC2 —28)

Pour notre jet, nous avons des plaques de longueur L = 10 mm, séparées de D = 10 mm,
auxquelles on applique une tension U = 200 V. Pour des électrons a E; = 200 eV on obtient

alors :
1
Loz (IC2 — 29)
vy 2
ce qui fait sortir largement ces électrons de notre angle d’observation.

Si on considére maintenant un atome d’hélium du jet ionisé par une collision avec un

électron, la vitesse longitudinale de He™ est de I'ordre de:

2
vy M"%Ei (IC2 — 30)
Nous obtenons de (IC ) pour E; = 200 eV :
L ~8 (IC2 — 31)
vy

et ces ions sont déviés encore plus que les électrons.

Enfin rappelons qu’un état de Rydberg sera facilement ionisé (pour 200 V sur 10 mm,

nous ionisons les états & n > 25) et devié ensuite de ’axe du jet.

B) Désexcitation des métastables singulets par pompage optique

Mais a part des ions et des atomes dans des états de Rydberg, le bombardement
par électrons du jet d’hélium produit aussi des atomes dans 1’état métastable singulet
He” (2!S,) . La détection par désexcitation des métastables que nous utilisons (voir IC2)

ne nous permet pas de distinguer entre un atome dans I'état He* (2'S;) et un atome
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He* (225;). Comme la contribution au signal total des métastables singulets n’est pas
négligeable et peut méme devenir prépondérant & des énergie E; des électrons d’excitation
au-dessus de 100 eV, nous voulons éliminer ces métastables singulets du jet tout en gardant
les métastables triplets. L’élimination de 1’état métastable singulet He* (2150) est réalisée
par pompage optique vers le ni;leau fondamental He (1150). Une décharge continue haute

tension dans un tube d’hélium (fig. I-30) excite les atomes d’hélium dans ce tube.

Par désexcitation radiative ces atomes émettent des photons de tout le spectre de
I’hélium et ceci constitue donc une lampe pouvant exciter toutes les transitions optiques
de ’hélium. En particulier 'état He* (2! Sy) est ainsi couplé & 1’état 2! P qui se desexcite

préférentiellement vers I’état fondamental (voir fig. I-31).

He(2'P,)

He™(21S,)

584nm

He(11S,)

Fig. I-31 : Les atomes dans [’état métastable He"(21S,) sont pompés
optiquement vers I’état fondamental par la raie 3 2.0581pm de la lampe

a décharge. Le rapport de branchement entre 2! P, — 9! So et 21P, —
115, est de 1:910[24].
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Fig. I-30 : Lampe a décharge d’hélium en pyrex : pour éviter le dépét
du métal arraché de la cathode (cylindre en aluminium) a l'intérieur des

spires de la lampe, il faut faire entrer la circulation d’hélium au niveau

de I’anode.
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avec un rapport de branchement de 1 : 910 [24]. Les atomes dans 1’état métastable triplet
He* (2% 5 ) peuvent eux aussi étre excités par cette lampe d’hélium, mais le fort couplage LS
pour I’hélium empéche les états triplets de se désexciter vers le niveau fondamental singulet.
Les atomes dans les états triplet ne peuvent que retomber dans ’état triplet de plus basse
énergie : He" (2° S1). Ce pompage optique est un moyen trés efficace pour éliminer les états
He* (2! S,) du jet sans désexciter les états He™ (235),) [28, 36]. L’alimentation électrique de

cette lampe de désexcitation (ou lampe de ”quenching”) est représenté sur la figure I-32.

[=80mA
(/)—Rg=10kQ

fampe

= 3000V | He

v

stab

777

Fig. I-32 : Schéma de I’alimentation électrique de la lampe & décharge
d’hélium. La résistance de ballast sert a stabiliser le fonctionnement de
la lampe dont la carctéristique tension-courant présente une partie avec
une pente négative.

La caractéristique courant-tension d’une décharge présentant une partie & pente négative
[37,38], il faut ajouter a 1’alimentation a haute tension une résistance de ballast Rg pour
stabiliser la décharge. Avec une tension de 3000 V aux bornes de la lampe, un courant de

80 mA et une résistance de ballast Rp de 10 k €2, nous avons pu faire fonctionner la décharge
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a travers la lampe de longueur 80 cm a une pression de 2 mbar. Le refroidissement de notre
lampe, placée a ’extérieur des enceintes sous vide, est assuré par un simple ventilateur.
Cette lampe a décharge d’hélium a fonctionnée sans incident depuis maintenant presque

trois années.

I(He") Lampe d’helium

T1 17

intensit¢ sans lampe

+ pression 1 mbar
o pression 3 mbar _

X pression 5 mbar .....

REERERREEEEREEE

TIT1T 1T rryriyrriyrqriivedd

| 1 1 | i | | 1 |
10 20 30 40 50 60 70 80 90

-
=~
>IllllllllllllllllllllllllJlllll]Jl 1111

—
~

Fig. I-33 : Intensité détectée en fonction du courant de décharge dans

la lampe, pour des pressions d’hélium dans la lampe de 1,3 et 5 mbar.

La figure I-33 montre l'effet sur le signal détecté de cette lampe d’hélium. Nous

constatons que lorsque le courant de décharge dans la lampe augmente, le signal détecté
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diminue et atteint une valeur limite & partir d’un courant de 50 mA. Ceci s’interprete par
la desexcitation de tous les métastables singulets pour des courants de décharge supérieurs
a 50 mA. Nous allons confirmer ’élimination des métastables singulets par une méthode

utilisant un laser quasi-résonnant avec la transition He* (23 Sl) — He* (23 Pg).

v) Vérification & I’aide du laser LNA

Une fagon particuliérement convaincante pour mesurer ’efficacité de 1’élimination de
toutes les espéces non désirables consiste & utiliser un laser LNA a 1.083 pm [39] pour

écarter les atomes He* (2351) de leur trajectroire initiale.

Comme cette interaction est sélective, si on arrive ainsi a annuler le signal de détection,
c’est que ce signal n’était di qu’a des métastables triplets. La figure I—34 montre le résultat
d’une mesure d’un profil spatial du jet a 2 m de la source.

En absence du laser, nous voyons un profil centré prés de I’axe du jet. Sinous éclairons
alors le jet par le laser qui écarte les métastables triplets de leur trajectoire initiale, nous
constatons que le signal sur ’axe du jet diminue et disparait dans le bruit de détection
(en fait dans cette expérience, ’expulsion des He*(23S5;) est tellement efficace que tous
les métastables triplets sont déviés en dehors de la plage d’observation. Nous pouvons
ainsi affirmer que la contribution de toutes les espéces autres que He* (235;) est inférieur
4 5 % du signal total. Le processus qui écarte les atomes He* (235) est basé sur ’échange
quasi-résonant de quantité de mouvement entre les atomes et la lumiére. Considérons la
transition entre I’état He* (23 Sl) et He* (23P2) avec une fréquence atomique wy. Eclairons
un atome He* (235;) par une onde laser stationnaire polarisée circulaire positive ot a
une fréquence w;, légérement au-dessus de wp (6 =wr —wp > 0).On montre alors (voir
appendice B) que, dans la limite des faibles intensités laser (I < I,,) cet atome est soumis

a une force expulsante (fig. I-35)

I? I
F=mil 4 - - S (IC2 - 32)

2 Liat (6 — kv)? + -I;— (6 + kv)? + -1;—

ol k = 4T est le module du vecteur d’onde du laser, I' la largeur en énergie de ’état excité
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sans laser

avec laser

| 1 f
-1 0 1 m/s

Fig. I-34 : Expulsion des métastables triplets hors de I’axe initial du

jet d’hélium & I’aide d’un laser LNA : Sur cette figure I’action du laser
est tellement efficace que les atomes sont sortis de la plage d’observation
de £1m/s. Le désaccord du laser est de Ay = +TI et la fréquence de
"Rabi correspondant & chaque des deux ondes de S}, = 1.4T" ; la longueur
d’interaction étant 40mm le temps d’interaction était de 36 us = 360
r-t.

He® (22 P;) et v la vitesse de 'atome suivant ’axe du laser. Pour des faibles vitesses v,

cette force se met sous la forme

A
F= T" (IC2 — 33)
soit:
dv v
=z (1C2 — 34)

Pour § = wp — wy positif, cette force a toujours le méme signe que la vitesse et tend donc
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s o e e v - — T

Fig. I- 35 : Force en fonction de la vitesse pour un atome-a-deux niveaux
dans une onde laser stationnaire i faible intensité. Pour un désaccord
§ > 0, les atomes & v > 0 subissant une force f > 0 et sont expulsés de

v.~ (.

a écarter les atomes de la vitesse nulle. Pour § = +-g- et I = 0.51,,¢ le coefficient 7 vaut:

-1
RE? T 26T

M I, Ir?
g2y o

T =

= 2'10"° secondes. (IC2 — 35)

Si nous éclairons donc notre jet d’hélium par une telle onde laser stationnaire perpendic-
ulaire a I’axe du jet (fig. I—36), les atomes sont écartés de 1’axe du jet aprés quelques
microsecondes de temps d’interaction. Comme seuls les atomes métastables He™ (2%5;)
interagissent avec le laser, nous pouvons mesurer. toutes les autres contributions au signal

(comme par exemple les métastables singulets ou les photons UV) sur ’axe du jet initial.

Remarques :



Laser LNA
a 108 pm

Detecteur
mobile

-

Sourci | I T
He é l_T—

2,

Fig. I-36 : Schéma d’une expérience d’expulsion des He™(238,) hors de
I’axe initial du jet. Les deux ondes orthogonales au jet nécessaires pour -

cette expérience proviennent du méme laser qui est rétroréfléchi par un

miroir.

(i) On aurait pu utiliser une onde plane progressive pour dévier sélectivement
les métastables triplets de I’axe du jet initial. Mais dans cette configuration, il
faut pousser la contribution des vitesses transverses plus que la largeur initiale
de cette distribution, afin de ne plus avoir d’atomes & vitesse transverse nulle
(fig. I-37a). La méthode utilisant I'onde stationnaire désaccordée au-dessus de
la résonance (6§ > 0) ne nécessite que de déplacer légérement les atomes ayant
une vitesse transverse initiale nulle (fig. I-37b). Ceci permet a cette derniére
méthode d’écarter beaucoup plus rapidement les atomes He* (235;) de I’axe du

Jet initial.

i1) La présence d’un signal non nul sur 'axe du jet initial, aprés avoir expulsé les
gn
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Pousse - atome

~ avec laser

sans laser 7/ \

7 N
__,// S

Expulsion
sans laser

——
/ \ ——\avec laser

7/ N
7 ~

—.

Fig. I-37 : Comparaison entre 1’utib'sation d ’uhe onde progressive et
d’une onde stationnaire pour ’expulsion des atomes. Dans le cas d’une
seule onde progressive il faut balayer tout le profil atomique & travers
Paxe du jet, ce qui nécessite de changer les vitesses transverses de plus
que la largeur du profil initial. L’utilisation d’une onde stationnaire
permet de se contenter d’expulser les atomes étant initialement sur ’axe
du jet. Comme un faiblement changement de vitesses de ces atomes
suffit pour ne plus avoir des He*(2351) sur I’axe, cette derniére méthode
est beaucoup plus efficace.
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métastables triplets hors de I’axe, ne permettrait pas de conclure qu’il reste des
atomes He*(2!Sy) qui ne sont pas désexcités par la lampe a décharge d’hélium.
En effet nous savons qu’on pourrait aussi avoir une contribution de photons UV
au signal de détection. Pour évaluer plus précisement l'efficacité de la lampe de
désexcitation de He*(2! S ), nous pouvons utiliser les mesures de temps de vol que
nous présenterons dans la partie (IC3—b) de ce chapitre. Nous verrons que la

lampe permet de désexciter plus de 99% des métastables singulets.
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3) Détection de He* (23S,)

a) Méthodes optiques

Pour analyser les effets des manipulations par laser de I’hélium métastable, on souhaite
mesurer les différentes quantités caractérisant 1’état des atomes (positions, vitesses, degrés
de liberté interne). Les expériences de ralentissement, de refroidissement et de piégeage sur
les alcalins (sodium, césium [40, 41]) utilisent fréquemment la détection de la lumiere de
fluorescence émise par les atomes sous I’action d’un laser. En balayant la fréquence d’un
faisceau sonde autour de la fréquence de résonance atomique, on peut ainsi mesurer le profil
Doppler donnant la distribution des vitesses le long de I’axe du faisceau sonde. En jouant
sur les polarisations, on peut méme dans certains cas sonder la population des différents
sous-niveaux Zeeman. Malheureusement la détectivité des détecteurs optiques est beaucoup
plus faible a la longueur d’onde correspondant aux transitions 235; — 23 Py,1,2 de ’hélium
métastable (A = 1.083 um) que dans le cas des alcalins. De plus les sources d’hélium
métastables ne fournissent que trés peu d’atomes He* (23 Sl) (voir § IC4a). L’utilisation de
photodiodes, ayant un rendement quantique pas trop faible (de I’ordre de 12% , Hamamatsu
2387), se heurte dans ce cas au bruit propre élevé de la photodiode (bruit propre équivalent 3
un signal de 10° photon/sec/v/Hz.cm?2. L’utilisation de photomultiplicateurs, pour lesquels
le bruit propre ne pose pas de problémes, se heurte au rendement quantique tres faible a
la longueur d’onde de 1.083 um (8.10*pour Hamamatsu R316-02). Dans ’état actuel
des détecteurs a 1.083 pm il est donc difficile d’observer la lumiére de fluorescence entre
He* (23PJ) et He* (235)).

Afin de tomber dans une gamme de longueurs d’onde dans laquelle les détecteurs
sont plus sensibles, on pourrait utiliser une détection sur une autre transition qu’entre
He* (23 .S'l) et He* (23 PJ) . Considérons par exemple I’excitation en deux étapes suivantes : &
partir de I’état 23 S; nous excitons ’atome par un laser a 1.083 um dans 1’état 23 Py; ensuite
un laser 4 une longueur d’onde de 412 nm fait passer I’atome de 23 P; vers ’état 535;.

La figure I-38 montre un extrait du schéma de niveaux de I’hélium. Nous voyons qu’un
atome dans I’état 5°S; peut se desexciter vers 1'état 32 P; (avec un rapport de branchement

de 0.3). Cet état 3°P; se desexcite alors vers I’état métastable He* (235;) en émettant
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Fig. 1-38 : Extrait du spectre des énergies de I’hélium 4 intervenant dans
le schéma de détection optique de He(2%S;) proposé.

un photon de fluorescence a une longueur d’onde de 388 nm. On peut alors utiliser un

photomultiplicateur (de rendement 25% a 388 nm) pour détecter cette fluorescence. Notons
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que, si on utilise un filtre ne laissant passer que les photons a 388 nm, on n’est avec un tel
schéma de détection pas gené par la lumiére parasite du laser d’excitation. On peut aussi
détecter les photons & 319 nm émis par la cascade 535; — 43 P; — 235] avec un rapport
de branchement de 0.23 (ou méme les photons & 388 nm et les photons a 319 nm avec un
filtre approprié). La premiere étape de ’excitation peut étre réalisée a I’aide d’un laser 3
LNA a 1.083 um. Pour le passage entre 23 P; et 53S; on pourrait utiliser une diode laser
a 824 nm, doublée en fréquence. Cette transition est saturée par une intensité laser de:

™ hel
3 X

et avec une diode d’une puissance de 100 mW et une efficacité de doublage de fréquence

= 2.7 mW/cm® (IC3-1)

Isat =

de 1 % , on peut exciter une fraction appréciable des atomes dans 1’état 535;.

b) Détection directe des métastables

Nous avons en fait choisi de détecter les atomes métastables directement en utilisant
leur possibilité d’extraire facilement un électron d’une surface métallique. Comparé a la
détection de la fluorescence, cette méthode n’est pas sélective en vitesse et nous devons

utiliser des méthodes ballistiques pour déterminer les vitesses des métastables.

a) Desexcitation Auger

L’énergie interne d’un atome d’hélium métastable (E, de l'ordre de 20 eV) est nette-
ment supérieure au travail d’extraction d'un électron hors d’un métal (Wgs de 'ordre de
2 3 4 eV). Un atome He* (235;) heurtant une surface métallique se desexcite facilement
vers 1’état He* (1150) et peut ainsi éjecter un électron d’énergie Eq — Wy de cette surface.
Nous définissons alors un facteur de rendement global p par le rapport entre le nombre

d’électrons éjectés N(e™) et le nombre d’atomes métastables incidents N (He™):

p= _JffyT(I'%e*l) (IC3-2)
Ce rendement dépend 2 la fois du métal et de I’état de sa surface (oxydation). La littérature
donne des valeurs de p de 'ordre de 1/2. Pour une surface propre de Cu — Be, on cite la
valeur [42]:

p(Cu — Be) ~ 0.6 (IC3 - 3)
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Comme nous n’avons pas eu ’occasion de mesurer ce coefficient sur notre montage expérimental,
nous prendrons p = 1, ce qui nous ameéne a sous-estimer le nombre de métastables dans

notre jet par un facteur deux environ.

B) Détecteurs utilisés

La fagon la plus simple de réaliser un détecteur d’hélium métastable est de placer
une plaque métallique dans le jet et mesurer le courant électronique émis par cette plaque.
Sous ’action de I’hélium métastable la plaque se comporte comme un générateur de courant
parfait. En utilisant une plaque d’une surface de § = 10 cm? & une distance L = 1m de la

source, un jet de métastable d’une intensité de I (He*) = 10!'atomes.s™!.sr™! (voir IC4a)

e T T e L

produit alors un courant électronique I: —
o O
Ie:eI(He)Ez’=16PA (1C3 — 4)

que nous pouvons mesurer a ’aide d’un amplicateur de courant tres sensible (Keithley 427). ~

Si on veut un détecter un signal plus faible ou utiliser une surface de détection plus
petite (pour avoir une meilleure résolution spatiale par exemple), on peut utiliser a la
place d’une simple plaque métallique un multiplicateur d’électrons. Un atome d’hélium
métastable arrivant sur la premiére dynode (en Cu — Be) arrache de celle-ci un électron
qui est ensuite multiplié par les différents étages du multiplicateur. Chaque atome d’hélium
métastable arrachant un électron (decharge e = 1.6 1071°Cb) a la prémiére dynode du
multiplicateur d’électrons crée alors une impulsion de 107 électrons & la sortie du multipli-

cateur. La durée d’une telle impulsion est de ’ordre de 10ns, ce qui donne un courant i,
de
te = 0.16 mA (IC3 —5)

que nous détectons facilement avec notre amplificateur de courant. Nous pouvons donc
détecter les atomes d’hélium métastables un par un, ce qui nous permet de calibrer notre
systeme de détection. De plus nous pouvons passer aux méthodes de comptage (avec un

bruit bien plus faible) si nous devons mesurer des intensités trés faibles.

Notons ici que cette méthode de détection ne permet pas de distinguer entre les atomes

He* (23 Sl) et He* (21 So) ou méme les photons UV, contrairement & une détection optique.
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Nous avons cependant présenté dans IC1d une méthode qui nous permet de distinguer entre

les atomes He* (225;) et toutes les autres especes contribuant éventuellement au signal.

4) Performances

a) Intensité

Une caractéristique trés importante d’un jet atomique est son intensité, c’est-a-dire
le nombre d’atomes émis par la source par seconde et par unité d’angle solide. En ce qui
concerne les jets d’hélium métastable, on trouve dans la littérature des intensités entre
10'° et 10 atomes par seconde et pa\,r steradian [5,28,29,30,43,44,45]. Or nous avons vu
(IB1) qu’un jet d’hélium métastable ‘6btenu par bombardement électronique peut contenir
d’autres espéces que He* (23 Sl) contribuant au signal de détection. Il faut donc prendre
certaines précautions pour mesurer l'intensité en métastables triplet du jet. Si I’on ne
dispose pas de laser permettant d’écarter sélectivement les atomes He* (23 Sl) du jet initial
(voir IC1d) on peut analyser les différentes contributions au signal total en utilisant une
lampe 4 décharge d’hélium (IC2d) et des mesures de temps de vol (voir IC4b). En effet
la lampe permet de desexciter les métastables singulets He* (21 S'o) vers 1’état fondamental
qui ne donne pas de signal de détection. Les mesures de temps de vol permettent de leur
coté de distinguer entre les métastables (a une vitesse de plusieurs centaines a quelques
milliers de métre par seconde) et les photons UV (a la vitesse de la lumiere !) ou des

fondamentaux rapides (avec une énergie cinétique de plusieurs eV).

Apres avoir pris toutes ces précautions, nous pouvons passer a une mesure de 'intensité
du jet de métastables He* (23 Sy ) Nous avons calibré notre systéme de détection a partir de

m individuelles de métastables (voir I3b). Avec une source refroidie a ’azote liquide

(To = 77K) ef une pression dans la source de py = 5 bar nous obtenons pour E; = 100 eV

I(He*(2%5:),E:; =100eV) :@)”at s71sr” (IC4-1)
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L’intensité de notre jet de métastables dépend de la température Tp de la source. A
température ambiante (T, = 300K) il y a ainsi trois fois plus de métastables qu’a Tp = 77K.

En comparant cette intensité de métastables He* (23 Sl) a 'intensité du jet superson-
ique d’hélium dans 1'état fondamental (d’apreés le calcul résumé dans le tableau I1) nous

constatons qu’une petite fraction seulement des atomes d’hélium est dans I’état He* (235):

I(He*) ~ 210¢
I(He) — 1.5108

~ 1077 (IC4 - 2)

Lorsque nous travaillons a des énergies E; des électrons plus faibles, afin d’avoir une distri-
bution en vitesse longitudinale plus étroite, le signal diminue fortement (a cause de l’effet

de charge d’espace, voir IC2¢). Pour E; = 30 eV nous avons ainsi mesuré:

I (He*(2°S:),E; =30}~ 3 10%t s sr? (IC4-3)

7,

La figure I—-39a montre 'intensité du jet de métastables tri:pléf/s en fonction de I’énergie des
électrons d’excitation. Lorsqu’on divise cette intensité par le courant j d’électrons émis par
le filament (en régime de charge d’espace j Ef / 2) on trouve la section efficace d’excitation

qui présente un maximum pres du seuil Eq = 19.8eV (voir fig. I-39b et référence[23]).
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Intensité de métastables triplets

arb |- .
a) i
[ 1 1 l 1 1 1 l 1 | 1 I ] l 1 l 1 I i l 1 l i l 1 l 1 I-

0 20 40 60 80 100 120 140 160 180 200 220 240 260 280 Uacc[v]

Section efficace d’excitation
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b : i
) _
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Fig. I-39 : (a):Intensité du jet de He™(23S,) en fonction de la tension
d’accélération U, . des électrons.

(b): En divisant cette intensité par le courant d’électrons émis (pro-
portionnel a Ufc/cz) on obtient la section efficace d’excitation de He"(235;)
présentant comme attendu un maximum trés marqué légérement au-
dessus du seuil de 19.8V[23].
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Il est intéressant d’estimer la densité des atomes métastables dans le jet. Pour une
intensité de:

I(He* (235'1) , B = IOOeV) =2 10Mat s7! sr! (IC4—-4)

pour laquelle la vitesse longitudinale des métastables était de vy, = 770 m/s, la densité n &

L =1 m de la source vaut:

I1 3
= IZ- 260 at/cm (IC4 -5)

Ceci correspond a une distance moyenne d entre deux atomes de

1
d= =0.16 cm (IC4 - 6)

b) Distribution des vitesses longitudinales

La distribution des vitesses longitudinales des métastables est une autre caractéristique
importante de notre jet atomique. La détermination des vitesses longitudinales de I’hélium
métastable, dont nous avons déja montré quelques résultats en (IB4) est réalisée en démasquant
le jet pendant un temps At tres court et en mesurant 1’étalement temporel de cette "bouffée”
d’atomes aprés une distance de vol libre de L = 1.85 m figure (I—40).

Nous mesurons donc un femps de vol entre un hacheur (disque tournant avec une fente) et
le détecteur. Nous obtenons alors la distribution N(v) d’atomes, ayant une vitesse comprise
entre v et v 4+ dv, en déconvoluant le spectre de temps de vol F(t) d’atomes arrivant au

détecteur aprés un temps compris entre t et ¢ + dt :
L
N(v) = F(t)t—2 (IC4-17)

ou L est la distance entre le hacheur et le détecteur. Pour connaitre le temps de passage
au hacheur des atomes (c’est-a-dire 'instant d’ouverture du jet) nous tirons profit de la
présence de photons UV dans le jet lorsque nous augmentons ’énergie E; des électrons a
200 eV. Le grand nombre de photons UV produit alors sur notre détecteur une impulsion
qui nous sert de référence de temps. Nous établissons ensuite un histogramme des instants
d’arrivée des atomes a l’aide d’un moyenneur, de résolution temporelle de 1us, qui est

synchronisé & la rotation du hacheur (fig. I-40). La résolution de la mesure de temps de



113

jet
J N A’ multiplicateur lifi
He¥ d‘électrons ampitticateur
e
trigger > moyenneur

ordinateur /'L

oscilloscope

Fig. I-40 : Principe d’une mesure de temps de vol : un disque tournant
laisse passer une bouffée d’atomes qui continun vol libre (sur L=1.85m)
jusqu’au détecteur (multiplicateur d’électrons). L’étalement des temps
d’arrivée au détecteur refléte ainsi la distribution des vitesses longitu-
dinales du jet. Un moyenneur permet alors d’additioner plusieurs en-
registrements successifs (typiquement 4000 cycles). Le résultat de cette
mesure est enregistré ensuite sur ordinateur.

vol dépend essentiellement du temps d’ouverture dt du jet. Un disque de rayon R =60 mm

avec une fente de largeur { = Imm tournant a une fréquence v = 150 Hz démasque le jet
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pendant At :

l 1

Ceci se traduit par une résolution Avy, en vitesse longitudinale (autour d’une vitesse vy, de

l’ordre de 1000 m/s) de:
Avg,

vL
Nous pouvons mesurer la résolution effective de nos mesures de temps de vol en prenant la

= %At =1% (IC4 — 9)

largeur du pic de photons UV (qui ont tous la méme vitesse !).

Nous pouvons donc maintenant donner la distribution des vitesses de notre jet d’hélium
métastable.
La figure I—41 donne le spectre de temps de vol obtenu a partir d’un jet initial refroidi
a lazote liquide et le en bombardement par des électrons d’énergie E; = 27 eV. Nous en
déduisons une vitesse longitudinale moyenne de 1270 m/s avec une dispersion de Av /v =
+10% (demi-largeur a mi-hauteur).
La figure I—42 montre que la demi-largeur & mi-hauteur de la distribution des vitesses
diminue lorsque nous diminuons ’énergie des électrons, jusqu’a une valeur minimale de
Avy, = +£6%. Cette limite est expliquée par la dispersion de 5 eV de I'énergie des électrons
incidents (voir IC2c). Pour illustrer la puissance des mesures de temps de vol, nous donnons
sur la figure I—43a un spectre de temps de vol obtenu sur un jet non ”quenché”, c’est-a-dire
sans utilisation de la lampe de desexitation (la distance de vol libre est ici de 1.7m). L’effet
d’échange de métastabilité est beaucoup plus efficace pour les métastables singulets que
pour les triplets. Ceci se traduit par un pic a la vitesse initiale uo, du jet supersonique

refroidi a Tp = 90K :
5kpTy
M

Nous pouvons ainsi déduire la distribution des vitesses des atomes du jet supersonique

Uoo = 960 m/s ~

(IC4 — 10)

initial (dans ’état fondamental). Nous connaissons donc aussi la demi-largeur Au de la
distribution des vitesses initiales (& T, = 90 K).
A _ 2% (IC4 — 11)

Uoso
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He™(2°S,) T,=77K

E =27 eV

Auw/u=10%

& e !

0 1 2 3 ms

Fig. 41 : Spectre de temps de vol pour une énergie E;des électrons
proche du seuil : E; = 27eV. Avec une source refroidie a I’azote liquide
(To = 77K) et un bombardement électronique paralléle nous obtenons
"des atomes He"(235)) avec une vitesse moyenne de u=1300 m/s avec
une dispersion de Au/u = 10% (demi-largeur i mi-hauteur). Nombre de
cycles enregistrés : 4000; le temps de référence t=0 est obtenu a I’aide

des photons présents dans le jet & E; = 200V.

temps
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Demi—largeur de la distribution

12

AVN (%)

ng o

10

18 20 22 24 26 28 Efev]

Fig. I-42 : Demi-largeur & mi-hauteur de la distribution des vitesses en
fonction de I’énergie des électrons.
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Remarque :

Nous pouvons utiliser les mesures de temps de vol pour caractériser I'eflicacité de

la lampe de désexcitation de He*(21S,). Définissons pour cela le coefficient n par

__nombre de He"(2!S,) désexcités par la lampe

" nombre de He*(21S5,) en absence de la lampe

_ N (2'5,, sans lampe) — N(2! S, avec lampe)
= N (215, sanslampe)

En admettant que la désexcitation a la méme efficacité pour les différentes vitesses
longitudinales des He*(2!Sy), nous allons majorer ) en étudiant les atomes ayant
une vitesse v = v;,; €gale a celle du jet supersonique initial (c’est-a-dire nous
considérons les métastables produit par échange de métastabilité). En effet nous

pouvons écrire pour ces atomes

S N (2'S,, sans lampe) — N(21S,, avec lampe)
T= N (218, sans lampe) + N(235)) N

ou N(235) est le nombre de métastable triplets & la vitesse v = vin; (qui ne

change pas si I’'on met en marche ou non la lampe).

Nous pouvons donc écrire que:

n> Z(v = Vini, sans lampe) — I(v = vipi, avec lampe).

IC4-12
Z(v = vini, sans lampe) ( )
ot I(v = v;y;) est 'intensité du signal détecté a la vitesse initiale du jet superson-
ique. En prenant les valeurs expérimentales de la fig. (I—43a) et (I-43b), nous

en déduisons:

n > 99% | (IC4 — 13)
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Inensi Temps de vol
o ok El=1006V
T,=90K
He™(21S,) °
401
301
a) Au/u=2%
20+
101 J
0 1 | t
0 1 2 3ms temps
Inensié _ Temps de vol

b)

He™(23S,)

! .

0 1 2 3ms temps

Fig. I-43 : a)Spectre de temps de vol sans lampe de décharge d’hélium
pour E; = 100eV et avec une distance de vol libre de L= 1.7m. Le signal

est dii en majorité aux métastables singulets. Le pic rapide & 960 m/s

correspond & la vitesse du jet supersonique initial (la température de
la source était de To = 90K) avec une demi-largeur & mi-hauteur de
Aufu =~ 2% .

b)Lorsqu’on utilise la lampe de décharge d’hélium on élimine la
majorité des He"(2!Sy) et on détecte les He*(23S;). La comparaison
avec la figure a) permet d’évaluer lefficacité de la lampe a décharge
d’hélium a plus de 99% .

(_‘(/

’
~i
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c) Divergence du jet

Dans de nombreuses expériences a une ou deux dimensions sur un jet atomique, la dis-
tribution initiales des vitesses transverses joue un réle important. Si l’on veut par exemple
par manipulation laser augmenter considérablement 1’intensité des atomes sur ’axe, une
distribution initiale des vitesses transverses large peut produire des effets beaucoup plus
spectaculaires qu’une distribution initiale étroite [46]. On peut en effet arriver a réduire
considérablement la divergence angulaire du jet et le rapport entre intensité sur ’axe avec
et sans laser est beaucoup plus grand s’il y a plus d’atomes a collimater. En revanche pour
des analyses précises du régime stationnaire de la distribution des vitesses transverses, il
vaut par contre mieux partir a priori d’une distribution proche de la distribution d’équilibre.
En effet comme pour des expériences sur jet, le temps d’interaction est limité, on n’arrive
souvent pas a atteindre un état-stationnaire.a partir de-conditions-initiales trop éloignées.

Afin de connaitre la distribution des vitesses transverses des atomes, nous mesurons en
fait la distribution les angles entre les trajectoires de ces atomes et I’axe du jet. Pour cela
nous plagons une premiere fente d’analyse verticale dans le jet, a une distance D = 1.4m du
détecteur. En déplagant ensuite le détecteur (pourvu d’une fente verticale) horizontalement
au jet nous déduisons du profil spatial N(z) la distribution angulaire N(8) des atomes
(fig. I—-44) :

N(§) = N(z =6.D) (IC4 - 14)

Connaissant la vitesse longitudinale vy, des atomes par des mesures de temps de vol (IC4b),
nous remontons alors a la distribution des vitesses transverses v, par:
N(vl)=N(o=:’)—-LL) =N(z=DZ—‘:) (IC4 — 15)
Nous pouvons changer la largeur de la distribution initiale des vitesses transverses en
placant différentes fentes dans le jet. Lorsque nous ne plagons pas de fente de collima-
tion dans le jet, nous détectons des atomes sur toute la plage de balayage du multiplicateur
d’électromns, soit sur une distance d’environ 10 cm. Le multiplicateur étant a environ 2 m

de la source d’hélium métastable, ceci correspond a une divergence totale de

AGtot = 50mrad (IC4 —_ 16)
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Fig. I-44 : Mesure de la vitesse transverse des atomes : le profil spatial

N(x) est converti en profil de vitesse transverse par N (vz) = N(z =
L.v./v;).

soit a une largeur totale pour la distribution des vitesses transverses Av, (avec vy =~
1300 m/s)
A‘U_L = Aetova = 65 m/s (IC4 b 17)

Si nous voulons réduire la divergence du jet nous pouvons placer une fente de 0.25 mm a
1.4 m en aval du détecteur et nous obtenons alors des distributions en vitesses transverses

plus étroites avec une largeur totale jusqu’a
Avtot ~1 m/S (IC4 - 18)

Nous n’avons pas pu réduire la distribution des vitesses transverses davantage avec une
fente de plus en plus fine, les atomes de notre jet ne provenant pas.en vol libre a pa.rtir
d’une source ponctuelle. Pour affiner cette distribution initiale, il faudrait utiliser plusieurs
fentes de collimation. Notons que la largeur de la fente que nous avons utilisée pour nos

expériences .de "résonances noires” n’a pas été déterminée par des considérations sur la
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distribution initiale des vitesses. Cette fente servait plutoét de fente d’analyse. Il apparait
ici que suivant que la fente d’analyse est placée avant ou apres la zone d’interaction, elle
peut servir de fente de collimation et d’analyse ou uniquement de fente d’analyse. Avec
des fentes de 100 pum, distants de D = 1.4 m, nous obtenons pour un jet avec une vitesse
longitudinale vz, = 1300 m/s (+10%) une résolution de 5 cm/s pour des vitesses transverses

inférieures & 50 cm/s [47].
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5) Conclusion

Nous avons donné dans cette partie les détails nécessaires a la construction d’un jet
d’hélium métastable. A c6té de la description de notre jet, nous avons aussi mentionné
les changements qu’on peut facilement apporter lorsque les caractéristiques requises sont
modifiées. En particulier le fait de pouvoir refroidir la source du jet supersonique d’hélium
ainsi que la possibilité de changer rapidement le potentiel d’accélération des électrons
d’excitations ou méme d’inverser le canon a électrons nous donne une assez grand flex-
ibilité pour obtenir de différentes distributions de vitesse pour le jet de métastables suivant
nos besoins. L’intensité de notre jet d’hélium métastable triplet n’est pas tres élevée mais
elle donne un signal suffisant pour toutes nos expériences. En revanche nous obtenons une
distribution en vitesses longitudinales tres étroite. Si pour d’autres expériences nous avons
besoin d’un jet plus intense, nous pouvons-augmenter le -nombre -d’atomes métastables
triplets & condition de nous contenter d’une distribution en vitesse longitudinales moins

étroite.



CHAPITRE 1I

EFFET HANLE MECANIQUE
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CHAPITRE II

LA METHODE DES FAMILLES FERMEES :
APPLICATION A L’EFFET HANLE MECANIQUE
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CHAPITRE II

INTRODUCTION

Les expériences de refroidissement par laser d’atomes en-dessous de I’énergie de recul
d’un seul photon que nous présentons dans le troisieme chapitre ont non seulement démontré
lefficacité d'un nouveau mécanisme de refroidissement, mais elles produisent aussi des
situations dans lesquelles I’approche usuelle semi-classique n’est plus valable. En effet
lorsque 1’énergie cinétique p?/2M devient comparable, voire plus petite que I’energie de
recul Ep = h?k?/2M, on est dans un régime ou l’extension spatiale du paquet d’onde
atomique Az devient plus grande que la longueur d’onde optique A,p¢. On ne peut alors
plus considérer un atome comme une particule classique, localisée en un point, et utiliser une
équation de Fokker-Planck pour décrire son mouvement [1]. Il faut revenir aux équations
complétement quantiques (qui sont des équations aux différences finies a cause du caractére
discret hk de la quantité de mouvement des photons). Nous avons donc utilisé une nouvelle
approche théorique partant de la quantification des degrés de liberté internes et externes
des atomes [1bis]. Nous allons présenter dans ce deuxieéme chapitre cette méthode de calcul
a ’aide d’un exemple concret : effet Hanle mécanique. Il s’agit 14 d’un mécanisme que nous
avons développé dans la phase de préparation expérimentale des expériences de résonances
noires sélectives en vitesse, et qui nous a permis de réaliser la compensation du champ

magnétique avec la précision dont nous avions besoin.

L’effet Hanle mécanique consiste a éclairer un atome par une onde laser sur une transi-
tion présentant dans 1’état fondamental un niveau qui, en champ magnétique nul, n’est pas

couplé & la lumiére (niveau piége). C’est par exemple le cas pour la transition He*(225)
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de moment cinétique J; = 1 vers He*(2*P;) de moment cinétique J. = 1, éclairée par une
onde laser polarisée. Par exemple lorsque la polarisation du laser est circulaire positive
ot par rapport a ’axe Oz, tous les atomes seront pompés optiquement vers le sous-niveau
Zeeman m, = +1 de I’état fondamental (fig. II-1). En absence de champ magnétique
perpendiculaire & Oz, les atomes vont rester dans ce niveau, état propre de ’hamiltonien
non couplé a la lumiére, et toute la population va donc s’y accumuler. Si ma.intena.ﬁt on
applique un champ magnétique couplant entre eux les différents sous-niveaux Zeeman de
P’état fondamental, la précession magnétique fait partir les atomes du niveau piege m, = +1
vers m, = 0 et m, = —1. Les atomes peuvent alors de nouveau interagir avec le laser et
absorber des photons. Nous considérons ici le cas d’une onde plane progressive le long de
Paxe Oz. L’absorption de photons laser se traduit alors pour les atomes par un change-
ment de leur quantité de mouvement le long de Oz et les atomes subissent ainsi une force

de pression de radiation qui s’annule en champ magnétique nul.

23P,
(g5=3/2)

233,
(g5=2)

Fig. II-1 : Transition J = 1 — J = 1 de He*(235;) — He(23P,).
Eclairée par de la lumiére polarisée circulaire (¢t par rapport & Oz

m._=-1 mZ=O m._=1

par exemple) les atomes sont pompés optiquement dans un sous-niveau
Zeeman de 1’état fondamental (|m, = +1)). Le facteur de Landé de
1’état excité vaut g7 = 3/2, celui de He*(235;), dii uniquement au spin

électronique, vaut gy = 2.
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Nous exploitons alors cette dépendance de la force en fonction du champ magné-
tique pour réaliser la compensation voulue du champ magnétique au niveau de la zone
d’interaction. Signalons d’emblée deux avantages majeurs de cette méthode. Tout d’abord,
nous sommes ainsi sensibles au champ magnétique exactement a l'endroit ou a lieu
Pinteraction atome-laser. Nous compensons ainsi le champ magnétique, non pas en un
point unique, mais en utilisant un signal atomique qui dépend du champ magnétique tout
le long de la zone d’interaction. Un autre avantage de l'utilisation de 1’effet Hanle mé-
canique consiste dans la précision de la mesure qu’on peut obtenir.Nous étudions ici non
pas la fluorescence de la lumiére émise par les atomes, mais 'action sur les degrés de liberté
externes des atomes : d’ou le nom d’effet Hanle mécanique. Nous verrons que nous pou-
vons par la inesure de la distribution des vitesses des atomes connaitre avec une excellente
précision le nombre moyen i de photons absorbés par atome (3 mieux de 1/5 de photons
prés). Pour obtenir une telle précision & partir d’une étude de la lumiére de fluorescence, il
faudrait d’une part connaitre exactement le nombre total d’atomes et d’autre part pouvoir
détecter la plupart des photons de fluorescence émis apres chaque absorption de photon
laser. Dans le cas particulier de ’hélium métastable, la seule détection de la lumiére de flu-
orescence a 1.083um poserait déja de grands problémes (voir § IC2) et on est loin d’obtenir

des précisions comparables pour le nombre moyen de photons absorbés ou émis par atome.

La spécificité de ’effet Hanle mécanique réside dans sa méthode de détection. Chaque
atome que nous détectons a en effet gardé la mémoire de toute son interaction précédente
avec le laser et le changement de vitesse moyenne nous renseigne directement sur le nombre
total de cycles de fluorescence (absorption - émission spontanée) qu’ont subis les atomes.
D’autre part, dans ’effet Hanle optique usuel ou l'on détecte la lumiére de fluorescence
émise dans une certaine direction avec une certaine polarisation, on est sensible aux pop-
ulations et aux cohérences dans 1’état excité (on mesure le diagramme de rayonnement).
La détection mécanique est pour sa part sensible aux populations et aux cohérences dans
I’état fondamental, car elle mesure le nombre de photons absorbés par I’atome (qui dans
la limite des faibles intensités laser est indépendant de 1’état excité, dont la population est
toujours amortie avec une constante de temps I'"!). -Afin de dégager clairement les effets
qui apparaissent & cause de ’effet Hanle dans I’état fondamental, nous allons d’ailleurs

négliger lors de notre étude théorique le couplage magnétique dans I’état excité.
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Nous développons dans ce chapitre deux méthodes théoriques pour étudier 1'effet Hanle
mécanique. Une premiére approche semi-classique nous améne dans la partie IIA a calculer
la force moyenne subie par les atomes en régime stationnaire. Nous établissons pour cela les
équations de Bloch optiques pour les degrés de liberté internes des atomes et nous utilisons
le théoréme d’Ehrenfest pour définir la force moyenne agissant sur les atomes. Nous allons
montrer dans le cas du régime stationnaire que cette force présente une résonance extré-
mement fine en fonction du champ magnétique. Cet effet est ’analogue de ’effet Hanle
magnétique [2] dans I’état fondamental, qui peut présenter des résonances subnaturelles [3],

c’est-a-dire d’une largeur en fréquence en-dessous de la largeur naturelle I' de 1’état excité.

On peut ensuite se poser le probléme du temps d’interaction limité, probléme im-
portant pour les expériences réalisées sur un jet atomique. Si l'on veut par exemple
étudier ’évolution temporelle de la distribution des vitesses des atomes, une approche
semi-classique fréquemment utilisée [1,4] consiste & supposer que les degrés de liberté ex-
ternes des atomes évoluent beaucoup moins vite que les degrés de liberté internes. On
peut alors, a partir de la solution stationnaire des équations de Bloch optiques, calculer
une force moyenne agissant sur les atomes (& 1’aide du théoréme d’Ehrenfest) ainsi qu'un
coefficient de diffusion (comme fonction d’autocorrélation a deux temps de la force) pour le
mouvement des atomes. Notons que dans ce traitement on utilise implicitement un atome

ponctuel, donc d’une extension spatiale inférieure a une longueur d’onde du laser:
Az L A

A cause du principe d’incertitude de Heisenberg, on a par conséquent :
Ap > hk

Le recul par absorption ou émission d'un photon est donc traité perturbativement.

Dans la partie IIB nous présentons la méthode utilisant la quantification des degrés de
liberté externes des atomes pour calculer I’évolution des vitesses des atomes. Nous étab-
lissons les équations de Bloch optiques généralisées pour 1’évolution de la matrice densité
décrivant les degrés de liberté internes et externes quantifiés des atomes. -Le caractére dis-
cret de I’échange de quantité de mouvement entre les atomes et les photons (de quantité

de mouvement fik) se traduit par le fait qu'on a des équations couplées aux différences
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finies [5]. Nous intégrons alors numériquement ces équations d’évolution quantiques. Pour
I’effet Hanle mécanique tout comme pour les “résonances noires” (voir chapitre III), ce
calcul est rendu trés simple par la possibilité de regrouper en familles fermées, ne con-
tenant qu’un petit nombre d’états, les états couplés par une interaction cohérente(laser
et champ magnétique) . Insistons sur le fait que, dans cette approche, nous ne faisons
aucune approximation sur le recul hk par rapport a la largeur Ap de la distribution des
quantités de mouvement des atomes. Cette méthode reste donc valable dans des situations
ot Ap devient du méme ordre voire plus petit que Ak [6]. Dans le cas de P’effet Hanle mé-
canique, l'intérét principal de cette approche théorique réside cependant dans la simplicité
du calcul de I’évolution temporelle des atomes. Nous pouvons ainsi facilement analyser
Peffet d’un régime transitoire (pompage optique initial) qu’on ne peut pas négliger dans

nos expériences.

Remarques :

(i) On peut faire le lien entre la méthode semi-classique et la méthode quantique
pour I’étude du mouvement des atomes en faisant un développement limité des
équations de Bloch optiques généralisées (équations aux différences finies) en fonc-
tion de hk/Ap. Aprés une élimination des degrés de liberté internes (élimination
adiabatique des variables rapides) on peut obtenir pour I’évolution de la distribu-
tion des vitesses des atomes une équation de type Fokker-Planck [1].Ceci permet
en particulier d’interpréter le mouvement des atomes en termes de force moyenne

et de coefficient de diffusion.

(ii) Notons que, méme avec ’approximation hk/Ap < 1, le calcul d’un coeffi-
cient de diffusion (soit a partir de ces équations d’évolution quantiques, soit par
une approche semi-classique) reste en général assez complexe. En revanche, les
équations quantiques aux différences finies, trés bien adaptées a une intégration

numérique sur ordinateur, incluent ce phénoméne de diffusion.

La mise en évidence expérimentale de ’effet Hanle mécanique sera présentée dans la
partie IIC. Nous montrons comment nous avons compensé le champ magnétique terrestre
(et les autres champs magnétiques statiques présents dans le laboratoire) suivant les trois
axes de l’espace a mieux de 5 mgauss sur une distance de 40 mm. Cette méthode, facile

a mettre en oeuvre lorsqu’on posséde un laser résonnant sur une transition atomique avec
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un sous-niveau Zeeman piége, permet, contrairement a un blindage magnétique par un

p-métal, d’agir de I’extérieur sur le champ magnétique dans la zone d’interaction.

Dans une derniére partie IID de ce chapitre nous discutons brievement comment on
peut étendre ’application des forces par effet Hanle a d’autres situations. Nous présentons
en particulier une nouvelle méthode pour réaliser un piege magnéto-optique, basée sur

Peffet Hanle mécanique.
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CHAPITRE 11

IIA - EFFET HANLE MECANIQUE EN REGIME STATIONNAIRE :
APPROCHE SEMI-CLASSIQUE

1) Principes du calcul :

Dans cette partie théorique IIA nous étudions l'effet Hanle mécanique en calculant
semi-classiquement en régime stationnaire la force moyenne agissant sur un atome éclairé
par une onde laser progressive suivant Oz polarisée circulaire positive ot en présence d’un
champ magnétique suivant Oy (fig. II-2).

Nous établissons les équations de Bloch optiques décrivant 1’évolution de la matrice
densité o pour les degrés de liberté internes d’un atome ponctuel avec une vitesse v en
supposant que les degrés de liberté internes de ’atome évoluent trés rapidement et suivent
adiabatiquement 1’évolution plus lente des degrés de liberté externes. La matrice densité
o°t, solution stationnaire des équations de Bloch optiques, nous permet alors de calculer la

force moyenne en régime stationnaire f** a l'aide du théoréme d’Ehrenfest :
f**= — < VH >= -Tr{c*VH} (IIA1-1)

Nous commengons par calculer cette force pour une transition atomique Jy = 1/2 —
Je = 1/2 entre deux états de moment cinétique 1/2 (IIA2).Ce systéme simple présente
toutes les caractéristiques nécessaires pour l’effet Hanle mécanique. Nous montrons que
la dépendance de cette force en fonction du champ magnétique B présente une résonance

trés fine autour de B = 0. Nous interprétons cette structure fine en terme de effet Hanle
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Fig. II-2 : Couplages induits par un laser polarisé ot (fréquence de
Rabi §21) et par le champ magnétique suivant Oy (fréquence de pré-
cession Qp = gyup = 2.8MHz/gauss) dans la base Zeeman suivant
Oz{|f-) =|m, = _1>1’f0) = |m; = 0),|f4+) =|m. = +1),etc}.

dans 1’état fondamental et nous montrons que la largeur de cette résonance peut étre
arbitrairement petite. Dans la partie suivante (IIA3) nous analysons théoriquement ’effet
Hanle mécanique sur la transition Jy = 1 — J, = 1, qui correspond a la transition entre
He*(23S;) — He*(2%P;) que nous avons utilisée pour nos expériences. Comme le nombre
de niveaux intervenant dans le calcul de la force moyenne a 1’état stationnaire est plus
grand, la résolution des équations de Bloch optiques devient beaucoup plus lourde. Aussi
nous limitons nous & donner ’expression de la force dans le cas du couplage laser résonnant
(6 — kv = 0), ce qui permet un découplage de certaines équations de Bloch optiques.Nous
comparons ensuite (IIA4) les deux calculs, et nous montrons que pour des fréquences de
précession magnétique inférieures a la fréquence de Rabi du couplage atome-laser et faibles
par rapport aux taux d’émission spontanée I', on peut négliger sur la transition Jy =1 —
Je = 11’état fondamental m¢ = —1. Nous indiquons aussi comment, par un choix judicieux
de la polarisation du laser, on peut observer une résonance fine d’effet Hanle mécanique

pour n’importe laquelle des trois composantes du champ magnétique B, By ou B; et ceci
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sans changer la direction de propagation du laser: ce point est important pour ’application

a la compensation du champ magnétique terrestre.

2) Effet Hanle mécanique sur J=1/2 — J=1/2:

a) Hamiltonien
Nous considérons un atome avec un état fondamental et un état excité dégénérés (tran-
sition J = 1/2 — J = 1/2). Les différents niveaux Zeeman sont représentés sur la figure

II-3a. En prenant comme origine des énergies celle de 1’état fondamental non perturbé,

nous pouvons mettre ’hamiltonien de I’atome isolé sous la forme :

Hat = hwo{le—)(e—| + |e4){(e+[} (I1A2-1)

ou wy est la fréquence de la transition atomique non perturbée.
Le champ laser supposé dans un état cohérent sera traité classiquement comme un

champ extérieur en r:

Elgser(r,t) = Ege'c ™ wI¢e, 4 c.c. (I1IA2 — 2)

wr, est la fréquence du laser monomode et k = %\’—'e - est le vecteur d’onde de ’onde plane

se propageant selon ’axe de quantification Oz (fig. II—-4). La polarisation du laser est

circulaire positive :

1
€L = ———
+ V2

(ez, ey, e, sont les vecteurs unitaires selon les axes Ox, Oy et Oz).

(ez + iey) (IIA2 - 3)
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a)

le_>

b) >

Fig. II-3 : a) Transition J = 1/2 — J = 1/2 avec les coefficients de

Clebsch-Gordan.

b) Couplages induits par un laser polarisé ot et un champ magnétique

transverse. Pour des faibles champs magnétiques (g < T') on peut

négliger le couplage magnétique dans I’état excité le systéme se réduit a

trois niveaux couplés {|f_),|1f+);le+)} -
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Dans ’approximation dipolaire électrique ’hamiltonien d’interaction atome-laser est :

Var = =D .Ejgser(2,t) (1IA2 — 4)

ou D est I'opérateur moment dipolaire électrique de ’atome :
D= Y di{le{fil +fiMesl} (IIA2 — 5)
irj=_a+

et Eigser(z,t) est le champ laser (IIA2—2) pris & la position du centre de gravité de ’atome

le long de I’axe Oz.

La conservation du moment cinétique total se traduit par une regle de sélection pour

les transitions entre 1’état fondamental et 1’état excité :

(e+|D.e4|f+) =0
(e-|D.et|f-) =0=(e-|D.es|fs) (ITA2 - 6)

Nous pouvons donc écrire les termes non nul de V4.

VarL = D.€+E0|e+)(f_|e“iwbt+ikz + D.e:_Eglf_)(e.g.leith—ikz

+D.ep Eo|f_){ey|e~twrttikz 4 D-G:.E3|e+)(f_|ei“’Lt_ik’

(IIA2 — 7)

En ne gardant que les termes résonnants de la premiére ligne (approximation dite RWA :

"rotating wave approximation”), le couplage laser-atome se.réduit a :

Ky,
2

Vap = —Z|eg)(f-e~ 2% L hec. (IIA2 — 8)

(h.c. hermitique conjuguée), ou 2, est la fréquence de Rabi associée & la tranistion de

1) vers le4)

Q= - <°’+'D'€;E°|f -) (IIA2 - 9)
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Notons que nous tenons ici compte de la force d’oscillateur de la transition |f_) — |e;) a

travers ’élément (e |D.e. |f_) qui est relié au taux d’émission spontanée I't de |eL) vers
+ + q P +

|f-) par :

3 2
+ _ wol(e+|D.€y|f-)] — +2 IIA2 — 1
== 2rhepc® (2J. + 1) riezl ( 0
ott T" est I'inverse de la durée de vie de I’état excité et C¥ = \/g le coeflicient de Clebsch-
Gordan entre |e4 ) et |f-) (fig. II-3a).
Le champ magnétique statique externe le long de I’axe Oy (fig. 1I-4)

B = Be, (IIA2 — 11)

introduit un couplage décrit par un hamiltonien :

Vg =-M.B (IIA2 — 12)

ou M est le moment magnétique de ’atome. Le moment magnétique M est relié au moment
cinétique J par le rapport gyromagnétique v, qui peut étre différent pour I’état excité et
Pétat fondamental de ’atome. Dans toute la suite nous négligerons le couplage par ce
champ magnétique entre les deux sous-niveaux Zeeman dans ’état excité |e_)et |e4+).Pour
des champs magnétiques inférieurs a 100mgauss, ceci est justifié par la prédominance de
’émission spontanée (de |e;) vers |f4), avec une constante de temps de 7 = 107 7s) sur la
précession magnétique entre |e4.) et |e_) (avec une constante de temps de I'ordre de 6.107s
a 100 mgauss pour v = 2.8 MHz/gauss) (*)Cette hypothése nous permet de restreindre

I’hamiltonien de couplage magnétique a :

VB = —7Jf.B
Vo = =22 (50 Fel ~ £} (1142 - 13)

(*) Dans le cas d’un état excité de moment cinétique nul (par exemple pour une transition
Jf=1— J. =0, pour laquelle il y a aussi un effet Hanle mécanique) I’état excité n’est pas
dégénéré et il n’y a pas de couplage magnétique dans I’état excité méme pour des champs

magnétiques importants.
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que 'on déduit de (IIA2—12) et de

h
J, = % (IIA2 — 14)

A\ champ /
magnetnq

vers le detecteur

AN
y o

3]

\ Atome z

Laser /

4

jet atomique / '

Fig. II-4 : Configuration du laser et du champ magnétique pour 'effet
Hanle mécanique. La quantité de mouvement des atomes le long de

Oz est affectée différement par le laser suivant la valeur du champ

magnétique.

Pour simplifier les notations nous introduisons la fréquence de précession magnétique Qp
défine par :
Qg =9B

Le fait de négliger le couplage magnétique dans 1’état excité nous permet de ne considérer
dans la suite que les niveaux |f-),|f+) et |e4) (fig. 1I-3). En effet le niveau |e—) n’est
couplé & aucun autre niveau ni par le laser ni par le champ magnétique et n’est pas non plus

alimenté par I’émission spontanée. Comme la population de |e_) est amortie par I’émission
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spontanée, elle devient rapidement négligeable, méme avec une population initiale non
nulle, et on ignorer le niveau |e_). L’hamiltonien total du probéme est donc composé de

trois parties :

H=H;, +VaL+VB (ITA2 — 15)

avec

Ha = huwoley)(e+]

hQ ; ;
VAL = 2L |€+><f_|e_'wl‘t+'kz + h.c.
.hQ
VB = —1 2B|f-)(f+|+h-c-

b) Equations de Bloch optiques

Afin de tenir compte de ’émission spontanée qui donne lieu & une évolution non
hamiltonienne, le systéme atomique peut étre décrit par une matrice densité o dont les
équations d’évolution sont les équations de Bloch optiques [5]. Ces équations sont obtenues

a partir de ’équation de Schrédinger pour la matrice densité :

ih[6] gam = [H, 0] (IIA2 — 16)

et en ajoutant les termes décrivant 1’émission spontanée. Rappelons que les populations
d’un état excité e;(ge;e; = (eiloes)) et les cohérences hertziennes excitées (oe;e; = (eilole;))
sont amorties par 1’émission spontanée avec une constante de temps '™ :

[&e‘ei]sp = —Toee;
Les cohérences optiques o, 5, = (e;|o|f;) sont amorties avec une constante de temps 2I'"! :

. r
[O'e.'f,']sp = —’2_Ueifj

En ce qui concerne I’alimentation de I’état fondamental, une population oy, s, est alimenté

par les différentes populations o.;.; de I’état excité :

Ofifi = Zr‘:aejci
t
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avec :

2

Il = T

.
Cy.

ot C;’ est le coefficient de Clebsch-Gordan entre ¢; et f;.

D’autre part a cause de 'invariance par rotation de ’émission spontanée, une cohérence
hertzienne dans I’état fondamental oy, (entre deux niveaux fondamentaux de moment
cinétique m; et m;) ne peut étre alimentée que par une cohérence hertzienne excitée o.,e,
(entre deux niveaux de moment cinétique my et m;) vérifiant : m; —mj; = my —my. En ce
qui concerne le systéme {|f-),|f+),|e+)} considéré, I’ensemble de ces regles se traduit par

les termes:

[&e+e+] sp = —-Pae+e+
. r
[afie+]sp = —'2'Uf;e+
[6f‘fi]3p' = +F;'*-o'e+e+, i = —,+.

Comme nous négligeons 1’état |e_), nous négligerons aussi les cohérences optiques o._y; et
la cohérence hertzienne excité o._.,. Comme d’autre part la cohérence hertzienne fonda-
mentale os_s ne peut étre alimentée par émission spontanée qu’a partir de o_e,, nous

pouvons négliger cette alimentation.

Nous supposons ici que les degrés de liberté externes évoluent beaucoup moins vite
que les degrés de liberté internes. Nous pouvons par conséquent écrire les équations de

Bloch optiques pour un atome avec une vitesse constante v telle que :

z=vt

Ceci nous permet d’éliminer toute dépendance temporelle dans les coefficients des équations
de Bloch optiques. En effet nous pouvons faire la transformation unitaire suivante (passage

dans le référentiel tournant) :

~ 1 t—kz i(wr —kv)t
de+f.. — a’e+f.. el(wL ) = ae+fl.e ( L )

Oerer — Oegey

Gfifi =0fif;
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Nous obtenons finalement les équations de Bloch optiques suivantes :

Populations:

< . QL ~ QL ~ ~
Tepey =10 ('2_‘7¢+f- T g ¥f-er ) T IGe,e,

= (L. Q. ~
of_f-="1 (—2_Ue+f- T g Tf-es + 11tae+e+

Qs . )
— 5 (Brgy +31s)

< QB ~ o +~
Gpere =5 (Or_gs +8105.) +T40cse,

Cohérences optiques:

: i Il QL . -
Tepf. =1 [(6—kv)+z-2—] Gepf_t+ 2_2_L (ore+e+ —af_f_)

Cohérence hertzienne:

2 iQL -~ QB ~ ~
Of f+ = ——2—‘7e+f+ + oY (Uf_f- - Uf+f+)

(I1A2 — 17a)
(IIA2 — 17b)
(IIA2 — 17c)
(I1A2 — 17d)
(IIA2 — 17e)
(IIA2 — 17f)
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On peut ajouter a ces équations une relation de conservation de la population totale :

ae+e++af_f_+af+f+=1 (IIA2—18)

qui est compatible avec les équations précédentes.
Remarques:
(i) La vitesse et le désaccord n’interviennent dans ces équations que dans des
termes en 6 — kv. Nous pouvons donc remplacer ce terme § — kv par un désaccord

effectif §':
8 =6—kv=(wp—kv)—wp

qui représente le désaccord entre la fréquence wy — kv du laser vue par I’atome
dans le référentiel de son centre de masse et la fréquence atomique .wo.L’étude
en fonction de la vitesse de ’atome est donc dans ce cas incluse dans I’étude en
fonction du désaccord. Cette simplification est évidente a priori si on se place
dans le référentiel au repos de 'atome ot I'on a :
wr = wr — kv
6—86—kv
Dans une configuration avec deux ondes laser se propageant en sens opposés, on
ne peut plus faire cette simplification. On aura en effet des termes en (6 — kv) et
en (6 + kv).
(ii) La phase de I’état excité peut étre choisie arbitrairement. Pour la suite du
calcul, nous multiplions dans le vecteur état |e) par un coefficient de phase €'?
: |e) — |e)e*?tel que la fréquence de Rabi 5, qui devient 1, — Qpe™*% soit réelle

. Nous prenons donc dans toute la suite de ce chapitre :

Qp =%

¢) Calcul de la force a P’état stationnaire

Soit ¢(t) la matrice densité qui est solution du systéme d’équations de Bloch optiques
(ITA2—17). Nous pouvons alors grice au théoréme d’Ehrenfert- définir la force moyenne f
comme :

f=— (VH) = —Tr{5(t)VH} (IIA2 — 19)
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Dans notre configuration, seul le couplage V41 entre le laser et I’atome a une dépendance
spatiale:

VH =VV, = zhk&|e+)( folemiwrttiks L p o, (IIA2 — 20)

Nous obtenons ainsi la force long de ’axe de propagation 0z du laser :

f= zhk {ae+f (t) = G5_e (1)} (ITA2 —21)

La force est donc proportionnelle & la partie imaginaire de la cohérence optique G, s_(t)
entre les deux états |f_) et |e4) couplés par le laser. Il suffit maintenant de résoudre le
systéeme des équations de Bloch optiques (IIA2—17) pour obtenir la matrice densité & et
donc D’expression de la force moyenne en fonction de la fréquence de Rabi €2, du champ

magnétique et du désaccord.

Si on suppose que les variables internes suivent adiabatiquement 1’évolution des vari-
ables externes, on peut calculer la force moyenne f en utilisant la solution stationnaire
5% pour la matrice densité. Les degrés de liberté externes (vitesse) interviennent dans le
calcul de 6°* comme des parameétres fixés. La matrice densité & 1’état stationnaire * est
obtenue en annulant les termes & dans IIA2—17. Le détail de ce calcul est donné dans
I’appendice B. Nous nous contentons ici de donner ’expression de la population ag:_ et a
Pétat stationnaire (valable & toute intensité laser, dans la limite de notre modéle & trois

niveaux), ce qui suffira pour obtenir la force & 1’état stationnaire:

2/8
~ 8t — _
Gopey = S 2 ——— (ITIA2 — 22)
§?+ —+ =Ly B l14+F L
4T 4 "4 T 204

ou I't est le taux de transition entre |e) et |[g—) et T'T celui entre |e;) et |g4) ; pour la

transition J =1/2 +J=1/2o0n a:

2 1
+ _ Z + _ -
I*= TetI}=T.

Notons que dans le cas limite du champ magnétique nul (2 — 0), nous trouvons que la

population de I’état excité est nulle :

Qp — 0 =52, — 0
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En effet tous les atomes sont pompés optiquement dans 1’état |f4) ou ils n’absorbent plus
de photons. La population excitée est également nulle dans le cas limite 2, — 0 :
QL—)0=>&Zt+e+——>O
parce que les atomes restent dans 1’état fondamental en absence de laser.
A Détat stationnaire I’équation (IIA2—17a) donne (avec 2, réel):

QL /. . i
= (agi P e+) =Tsd,, (IIA2 — 23)

Nous trouvons donc qu’a P’état stationnaire la force f*' s’exprime simplement en fonction

st

de la population excité 6.’ ., :

f*t = hkDG2 (ITA2 — 24)

ereq

On aurait pu écrire cette équation a priori en remarquant que la force moyenne est propor-
tionnelle au nombre de cycles de fluorescence n f14,(absorption suivie d’émission spontanée)
par unité de temps:

f = hknﬂuo

Comme le nombre de cycles de fluorescence est égal au nombre de photons spontanée n,,
émis par unité de temps et qu’en régime stationnaire :

st

Ngp = Fae+e+

nous retrouvons la relation (IIA2—-24).

Dans notre cas la population de ’état excité est donné par IIA2—22 et nous obtenons

pour f*:

RkT Q2 /4

4
% 51 4T2/4+03/6+93/4 |1+ Q’;
6Q%

ot = (IIA2 — 25)

en tenant compte que pour la transition J = 1/2 — J = 1/2 on a T = 2I'/3 et
rt=r-rt=rys.
La figure II-5 représente cette force en fonction du champ magnétique pour 2y, = 0.5’

et § = 0. Cette courbe avec un minimum & champ nul et deux maxima de part et d’autre
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de p = 0 résulte de la superposition de deux effets différents : 'effet Hanle dans D’état
fondamental, responsable du creux trés étroit autour de Qg = 0, et la sortie de résonance
de D’excitation de ’atome par le laser monochromatique, responsable dans notre modéle
de la diminution de la force pour les grands 2. Nous analyserons ces deux effets plus en

détail dans la paragraphes qui suivent.

d)_Effet Hanle dans P’état fondamental

Etudions d’abord le creux de cette courbe autour de 25 = 0. Il est clair qu’en champ
magnétique rigoureusement nul, le laser accumule par pompage optique tous les atomes
dans ’état |f4+). Dans cet état 'atome ne peut pas absorber de photon o* et ne subira
donc de la part du laser plus aucune force. Un champ magnétique non nul suivant Oy fera
par contre précesser les atomes de I’état | f1) vers | f_) d’ou ils peuvent absorber des photons
ot et étre ainsi poussés par le laser. En présence d’'un champ magnétique transverse un
atome est donc en permanence remis en interaction avec le laser et subit ainsi une force
non nulle. Ce qui rend cet effet Hanle dans I’état fondamental particuliérement intéressant
est que la largeur de la résonance de la force autour de g = 0 peut étre extremement
petite. Nous pouvons calculer exactement la largeur de cette résonance. La force f donnée
par (IIA2—25) atteint sa valeur maximale fn,, pour une valeur ng de la fréquence de

précession magnétique de :

QY — (%)1/49,, (IIA2 — 26)
et on a :
hk 2 /4
fmaz = FUQY) = L 5 2./ (IIA2 — 27)
2 6I2+_P__+(l+_1_)92
4 6 26 L

Notons que dans le cas de faibles paramétres de saturation s

Q2 /2

$= 57 +T2/4 <1

nous obtenons pour faz:
1 hkD

-S——

fmaz 5575

Ceci est la moitié de la force de pression de radiation fr,q4 exercée sur un atome a deux
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EFFET HANLE MECANIQUE J=1/2 -> J=1/2
Q; =0.2T

_kv=0
02 |- o

0.01

N -

2 -1 o 1 Qp/T’
Fig. II-5 : Effet Hanle mécanique sur la transition J = 1/2 — J = 1/2.
La force F' (en unités ikT') présente une résonance trés fine en fonction

du champ magnétique autour de Q2p = 0 (désaccord du laser §;, —k.v =
0;fréquence de Rabi Q7 = 0.2I").
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niveaux par un laser dans la limite s < 1:

REkT

frad = 3”2_
La force f*' est donc maximale lorsque le mélange magnétique est maximal et que les
atomes ont une probabilité 1/2 d’étre dans le sous-niveau |f_) qui interagit avec le laser.
La force f** dépend ainsi du remélange entre |f;) et |f—) par le champ magnétique.Nous

calculons ensuite la demi-largeur a mi-hauteur 6Q2g de cette résonance en écrivant :

e (60p)] = £ mes (IIA2 — 28)

Apres quelques lignes de calcul nous trouvons :
1‘\2

11
§Q2, = 2 LS 4 2
s 2(5 715 \/G)QL)

2

* ¢1-— 1——1— 2

12 5'2+F2+(-1-+
4 6

(ITA2 — 29)
i )Q2
\/6 L
La figure II—6 représente la demi-largeur & mi-hauteur 62 de cette résonance Hanle en
fonction de la fréquence de Rabi §21. Nous constatons que pour des faibles intensités laser,
c’est-a-dire pour des petites valeurs de ,,62g varie quadratiquement avec §r:
1 02
6Qp =~ L si Q-0 (I1A2 - 30)

2\/5 6!2 + l;_::

tandis qu’a haute intensité laser, on a, pour notre modeéle a trois niveaux:
6Qp ~ 0.8682 si Qp — o0 (IIA2 - 31)

Nous pouvons comprendre la dépendance en Q% ou Q; de cette largeur en interprétant

Peffet Hanle dans 1’état fondamental dans une base adaptée & chaque situation.

a) Effet Hanle 3 faible saturation

Intéressons nous d’abord aux cas des faibles parameétres de saturation s:

Q3 /2

*=Frrrea <!
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dQp/T demi-largeur de la résonance Hanle

0.5

J=1/2 ->J=1/2

Fig. II-6 : Demi-largeur 625 & mi-hauteur de la résonance Hanle dans
I’état fondamental pour la transition J = 1/2 — J = 1/2 en fonction de
la fréquence de Rabi du couplage laser Q.. A faible intensité 6Qp varie
quadratiquement avec 7 avant d’atteindre une dépendance linéaire 3
haute intensité (désaccord du laser §; — kv = 0).
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et commengons par calculer les énergies des niveaux perturbés par I'intéraction atome-laser
en absence de champ magnétique. Le sous-niveau Zeeman |f,) n’interagissant pas avec le
laser n’est pas affecté par le couplage §21.. Pour trouver les nouvelles énergies des niveaux
|f-) et |e4+) perturbés, on peut diagonaliser I’hamiltonien effectif [7](*):

wo — iF/2 QL/z _
( QL)% wp kv (I1A2 — 32)

La valeur propre de cette matrice correspondant au niveaux |f_) lorsque le couplage 1,

tend vers zéro est :

wp —kv+ A" —'/2

ou A’ représente le déplacement lumineux du niveau |f_) et I est son élargissement par

le couplage 1. Pour Q1 < T on trouve (fig. [I-7):

I /2
o2 Y2 -
M= Sgrerig = T2 (IIA2 — 33)
5 Q)2
! —_— ___—.___L et ! —
N =5 g g = 5012 (IIA2 — 34)

avec §' = (wr — kv) —wp = 6 — k.

Considérons d’abord le cas ou §' = 0. Le champ magnétique couple les niveaux |f_) et
|f+) avec une fréquence de précession 2. La force subie par les atomes devient appréciable
lorsque cette fréquence de précession devient égale au taux d’excitation du niveau [f_). Or
ce taux d’excitation est la probabilité par unité de temps de quitter |f-) sous I’action du
laser et correspond a l’élargissement IYcalculé ci-dessus. La largeur du creux 6€2p de la

force autour de Qp = 0 est donc (pour §' = 0) de ’ordre de :

§Qp ~T' = sT/2=Q%/T (IIA2 — 35)

(*) La diagonalisation de la matrice 2 par 2 correspond a la recherche des valeurs propres
de ’hamiltonien pour un systéme & deux niveaux: un atome dans I’état excité |e4) avec
zéro photons laser et un atome dans 1’état fondamental |f_) avec un photon laser. Dans
le cas de faible intensité laser, on peut d’abord considérer I’émission spontanée, ce qui
correspond & remplacer I'énergie wo de |e4) par wg — :I'/2. La fréquence du laser wy, est
décalée dans le référentiel du repos de I’atome par effet Doppler de kv. Le faible couplage

par le laser caractérisé par {21, nous ameéne alors a diagonaliser la matrice donnée.
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Fig. II-7 : Elargissement I'' et déplacement lumineux A’ du niveau

fondamental |f_) couplé a 1’état excité |ey) par le laser.

Nous retrouvons ici la proportionalité de §Q g a I'intensité I du laser (I o« 9% ) conformément
a (ITA2-30) dans la limite des faibles parameétres de saturation et pour §’ = 0. Notons
que nous pouvons en particulier obtenir ainsi une résonance Hanle arbitrairement fine en

diminuant 'intensité du laser.

Lorsque §' est non nul et que le déplacement lumineux A’ est plus grand que la largeur
I de ’état perturbé |f_), le couplage magnétique 6§2p doit étre suffisamment fort pour
coupler les deux niveaux |f_) et |f}) ayant des énergies différant de A’ (fig. II-8). Pour

que la force devienne importante il faut donc que :

§Qp ~ A (I1A2 — 36)

Nous vérifions donc que si A’ > I, c’est-a-dire pour § > I' on a conformément a
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ley>

Fig. II-8 : Le couplage magnétique entre |fy) et |f_) caractérisé par
la fréquence de précession 2p ne devient appréciable que lorsque Qp
devient de l’ordre de ’écartement A’ des deux niveaux.

(I1A2-30):
0f
dans la limite des faibles parametres de saturation.
Remarque:
Si d’autres phénoménes que le couplage laser introduisent un taux de fuite I', de
I’état fondamental (par exemple de collisions ou une durée d’interaction finie), il

faut remplacer I dans (IIA2—34) par :

I'>T'+T, (11A2 - 38)
La largeur minimale que nous pouvons alors obtenir pour §§p sera :

sQmin ~ T (I1A2 — 39)

Dans le cas d’une durée d’intéraction T, finie on a :

1

=7

(IIA2 — 40)



153

et la condition (IIA2—39) correspond & un champ magnétique nécessaire pour que
Patome fasse une précession de m pendant la durée d’interaction.
La durée de vie finie introduit également un élargissement de I’état excité :

1

I1A2 — 41
Tint ( )

'+

L’élargissementl [ T;,, de I’état excité reste dans nos expériences cependant négligeable

devant celui de ’état fondamental.

B) Effet Hanle a forte intensité laser :

11,n>
//
|9+,ﬂ-1>/ —_— / QL/2
£ ,n> ITT T 1£4,0>
lf—)n> T~ ~ QL/2
~
T~ 12,n>

Fig. II-9 : Ecartement des niveaux par un fort couplage laser dans la
base de I’atome habillé : le niveau |f;,n) représentant un atome dans
I’état fondamental f; en présence de n photons laser n’est pas affecté par
le couplage atome-laser. Les deux niveaux couplés |f_,n) et e}, n —1)
subissent un ‘écartement et les états propres de I’hamiltonien |1,n) et

|2,n) sont des mélanges de |f_, n) et |e;,n — 1).

Lorsque le couplage laser entre |f_) et |e4+) devient trés fort, la base la plus adaptée
pour interpréter simplement les phénoménes physiques est celle de I'atome habillé [8]. En

quantifiant le champ laser, les niveaux d’énergies du systéme atome + laser se regroupent
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par multiplicités {|f-,n);|f+,n);|e+,n— 1)}, ou n est le nombre de photons dans le mode
du laser. Un état est alors caractérisé par son degré de liberté atomique interne (f_, f4 ou
e+ ) et le nombre n de photons dans le mode laser. En absence de couplage atome-laser,
les trois niveaux |f-,n),|f+,n) et |e4,n — 1) ont (& désaccord nul §' = 0) la méme énergie.
Le couplage atome-laser entre |f—,n) et |e4,n — 1) produit un écartement entre ces deux

niveaux proportionnel a Q1 (fig. II-9) et les nouveaux états propres de ’hamiltonien sont:

| f+,m) (IIA2 — 42)

[1,n) = n) + ley,n — 1)} (TITIA2 — 43)

1
5 {If-,
1
2,n) = —{|f-,n)—|le4,n—1 ITA2 — 44
|2, n) ﬁ{lf ) = le+ )} ( )
Pour donner lieu & une force appréciable, le champ magnétique doit étre assez grand pour

coupler efficacement |f4,n) avec la composante |f_,n) de |1,n) ou de |2,n). Il faut donc :
8Qp ~ Ny (ITA2 — 45)

Nous trouvons donc a 1’aide modéle de ’atome habillé la dépendance linéaire de la largeur
6Q p en fonction de la fréquence de Rabi {2 pour des valeurs élevées de {2, conformément
a (IIA2-31).
Remarque:
Afin de simplifier les calculs et la discussion de l’effet Hanle mécanique dans
Pétat fondamental, nous avons négligé le couplage magnétique dans I’état excité.
Notons cependant que sur une transition J = 1/2 — J = 1/2 réelle avec un
rapport gyromagnétique non nulle dans I’état excité, ce couplage peut modifier la
saturation de ’excitation laser de |f-) vers |e+) en faisant précesser les atomes

de |e4) vers |e_).

e) Sortie de résonance

Nous pouvons facilement comprendre la diminution de la force, donnée en (IIA2—27)
pour notre modéle a trois niveaux, pour les grandes valeurs de §p par une comparaison
avec la pression de radiation résonnante sur un atome a deux niveaux |f) et |e). Dans ce
cas la force subie par ’atome sous ’action d’une onde monochromatique progressive vaut
(voir appendice A) :

s Q%/2

£=hkT/237 = RKT/255 7 T2/4+ Q2 /2

(IIA2 — 46)
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2
ou s = 37(,14{-?/37; est le paramétre de saturation. Ici §' est le désaccord entre la fréquence
du laser vue par 'atome dans son référentiel au repos (wy, — kv) et la fréquence atomique
Wat -

8 = (wg, — kv) — was (IIA2 — 47)

Lorsque pour une raison ou une autre le désaccord |6'| augmente, le paramétre de saturation

s et par conséquent la force f diminue (fig. II-10).

EFFET HANLE MECANIQUE J=1/2 -> J=1/2
F/hkI’ :

Q; =0.2T

0.02 -

0.01 i~

d-kv="
//
e

0 | |
-2 -1 0 1

N =

Qp/l’
Fig. II-10 : Influence du désaccord et de la vitesse sur l'effet Hanle

mécanique. Le terme en (61, — kv)® intervenant dans la force se traduit

par une diminution de la force lorsque |§ — kv| augmente.

Revenons maintenant a 1’effet Hanle sur la transition J = 1/2 — J = 1/2 et plagons
nous dans la base {|f_), |f+), |e+)} dans laquelle le champ magnétique produit un couplage
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entre les niveaux |f_) et |f4+). Ce couplage produit un déplacement des niveaux d’énergie

proportionnel a Qg :

AE ~ hQp (IIA2 — 48)

Ce déplacement modifie la fréquence atomique entre les deux états |f_) et |e;.) couplés par
le laser. En absence de tout effet de pompage optique (nous supposons ici que le champ
magnétique est assez important pour assurer un remélange efficace entre |f4| et |f-),ceci
entraine une diminution de la force due 4 la sortie de la condition d’excitation résonnante.

La largeur I', de la condition de résonance est d’apres (IIA2—46) :

T, ~ /T2 +202 (ITA2 — 49)

Le champ magnétique produit donc une sortie de résonance (a é§' = 0) pour :

Qp ~ /T2 + 202 (IIA2 — 50)

Cette dépendance est illustrée sur la figure II—11 ou nous avons représenté en fonction de
Qy, la largeur & mi-hauteur pour la partie plus large de la courbe f(£2p), calculée & partir
de (IIA2-27).
Remarques :
(1) Si nous avions fait un calcul pour une excitation en large bande [9)], la condition
de résonance entre |f_) et|e;) serait satisfaite pour tout écart d’énergie entre ces
deux niveaux. La courbe représentant la force en fonction du champ magnétique
ne comporterait donc plus que le creux autour du champ magnétique nul (effet
Hanle dans I’état fondamental) et ne retomberait pas pour des plus grands champs
magnétiques.
(i1) Si on tenait compte d’un couplage par le champ magnétique dans I’état excité,
on verrait se superposer a la courbe f(S2g) (fig. II-5) un effet Hanle dans 1’état
excité. Cette courbe aurait une largeur correspondant 3 la largeur en énergie de
Pétat excité [9]. Ceci explique la ressemblance entre les courbes théoriques d’effet
Hanle dans I’état fondamental avec une excitation monochromatique et celles pour

Peffet Hanle dans I’état fondamental et dans l’état excité avec une excitation
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large bande [9)], bien que la physique expliquant la retombée soit complétement
différente. '

(iii) Pour analyser quantitativement la diminution de la force pour des grandes
valeurs du champ magnétique dans une expérience réelle, il faudra bien sir aussi
tenir compte de l’effet Hanle dans I’état excité, méme pour une excitation laser
monochromatique. Nous nous intéressons cependant dans ce mémoire surtout a
Peffet Hanle dans I’état fondamental, qui se traduit par un creux de la force autour
du champ magnétique nul et qui n’est pas modifié par le couplage magnétique dans
Pétat excité. Notre modéle simplifié, adapté a I’étude de ’effet Hanle dans I’état
fondamental, ne donne par conséquent pas le comportement exact de la diminution

de la force pour des grandes valeurs du champ magnétique.
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demi-largeur de sortie de résonance

J=1/2—=Jd=1/2

05 1 ' 1.5

Fig. II-11 : Sortie de la résonance de lexcitation par laser. La demi-
largeur & mi-hauteur lors de la retombée de la force 3 grand champ
magnétique est représentée en trait plein et correspond a la demi-largeur
m%_ de Pétat excité. En pointillé la demi-largeur 3 mi-hauteur
de la résonance Hanle (désaccord du laser &1, — kv = 0).

QT



159

3) Effet Hanle mécanique sur J=1-—J =1

Dans cette partie nous étudions I’effet Hanle mécanique sur une transition J =1 —»
J = 1 qui correspond a la transition que nous avons utilisée dans nos expériences :
He*(23S;) — He*(23P;) . Notons tout de suite une propriété particuliere de cette transi-
tion. La figure II-13a donne les différents sous-niveaux Zeeman de 1’état excité et de 1’état
fondamental, ainsi que les coefficients de Clesch-Gordan des différentes transitions. Le fait
important est que le coefficient de Glesch—Gordan entre le sous-niveau excité m, = 0 et
le sous-niveau fondamental my = 0 est nul, c’est-a-dire que la force d’oscillateur de cette
transition est nulle. Nous verrons dans la suite les implications importantes de cette pro-
priété. Tous les calculs de cette partie vont étre menés de facon analogue a ceux faits pour
le systéme J = 1/2 — J = 1/2 (IIA2). Notre but est d’établir, & partir de I’approche
semi-classique, I’expression de la force moyenne subie-par les-atomes a 1’état stationnaire
sur une transition J =1 — J = 1; nous montrerons que les résultats sont qualitativement

analogues a ceux sur J =1/2 — J =1/2.

a) Hamiltonien

Le systeme atomique et les couplages considérés sont représentés sur les figures 11-12

et II-13. L’hamiltonien atomique peut se mettre sous la forme :
Hae = usn {le=){e_| + leo){eo] + e} (e4 ]} (I1A3 —1)

(en prenant comme origine des énergies celle de ’état fondamental dégénéré). Cet atome
est éclairé par une onde laser plane monochromatique polarisée circulaire ot par rapport

a ’axe de quantification Oz (fig. 1I-14) :

Elaaer(ra t) = Eoei(kr_th)€+ +c.c. (IIA3 — 2)
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1 1
V2 0 2
T fo fo1

Fig. II-12 : Transition J = 1 — J = 1 avec les coefficients de Clebsch-
Gordan.

le_> ley> le.>
J=1
O-+ O"l'
Lol QL
2 2
J=1
lf_> If o> If >
v V
Qg Qg
7 2 -

Fig. II-13 : Couplages induits par un laser polarisé ot et un champ
magnétique transverse. Lorsqu’on néglige le couplage magnétique dans
I’état excité, on peut ne plus considérer le niveau excité fe_).
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Les régles de sélection du moment angulaire entrainent que le laser ne couple que |f_) a
leo) et |fo) & |e4). Le facteurs d’intensité, donnés par les carrés des coefficients de Glesch-

Gordan C;;, qui déterminent le taux de desexcitation I"j,; a travers la relation :
F;; = F.]C;;|2 (ITIA3 - 3)

(ou 1";; est le taux d’émission spontanée de |e;) vers |f;)) sont identiques pour les deux
transitions [f_) — |eg) et |fo) — |e+) et nous pouvons donc définir la fréquence de Rabi

2, décrivant le couplage atome-laser par :

D.e;+E D.e;+Eg|f-
Q = _f{e+|D-€1Eo|fo) _ _ (eo|D.€+Eolf-) (IIA3 — 4)
h h
Dans I’approximation dipolaire électrique le couplage entre le champ laser traité classique-
ment et 1’atome localisé en z, peut étre écrit en ne gardant que les termes résonnants

(approximation RWA) :

hQr
2

Var = —={leo){f-1 + les) (fol}e ™=+ + hec. (I1A3 - 5)

En ce qui concerne le champ magnétique, nous négligeons ici tout comme dans la partie
précédente le couplage magnétique dans I'état excité, c’est-a-dire nous nous limitons a des
champs magnétiques inférieurs & 100 mgauss pour que la précession magnétique dans I’état
excité soit plus lente que I’amortissement par émission spontanée. Nous pouvons donc dans
le cas de la transition J = 1 — J = 1 négliger dans toute la suite le niveau |e_). Le

champ magnétique suivant Oy (fig. II-14) |
B = Be, (TIA3 - 6)
introduit alors un couplage décrit par Vp
Vp=-v1.B (ITA3 - 17)

ou J est 'opérateur moment cinétique de ’atome et 74 son rapport magnétique dans 1’état

fodamental.
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Fig. II-14 : Configuration du laser et du champ magnétique pour ’effet

Hanle mécanique. La quantité de mouvement des atomes le long de
Oz est affectée différement par le laser suivant la valeur du champ

magnétique.

A partir de ’expression de 1’opérateur J, pour un moment cinétique 1 dans une base

standard :
a5 (0 -1 0
Jy=—=1|1 0 -1 (IIA3 - 8)
V2 0 1 o©
nous déduisons I’hamiltonien de couplage magnétique Vp:
hQp
Vp =—i— {If=Xfol = If+){fol} + h.c. (IIA3 -9)
ol nous avons posé :
Qs = V2¢B (IIA3 — 10)

L’hamiltonien total se met alors sous la forme :

H=H, +Var+Vs (IIA3 — 11)

avec:

H,e = huwo {leo)(eol + le+){e+]}
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3972

5 {leo)(f=| + le+){fol}e "Lt +* 4 hec.

VarL =

.hQ
Vg =—1 23

{If=)(fol = |f+){fol} + h.c.

b) Equations de Bloch optiques

La matrice densité o décrit 1’état interne de ’atome en intéraction avec les champs

extérieurs E et B et couplé par émission spontanée aux autres modes vides du rayonnement

(voir IIA1 §b). L’évolution de la matrice densité obéit aux équations de Bloch optiques

que nous obtenons a partir de :

ih (6] gam = [H,0]

(IIA3 — 12)

et en ajoutant les termes décrivant I’émission spontanée. Apres ’élimination des coefficients

dépendant du temps ("passage dans le référentiel tournant”), on obtient les équations de

Bloch optiques suivantes, pour un atome a une vitesse constante v:

Populations:

. (L. QL.
Tfofo =1 Tafoe+ - '?'ae+fo

Qp . . . .
T T (af+fo +O0fofy —Of_fo — Ufo.f-)

et ~
+l i 0cses

: QB . ~ -
Grotr = (Brifot3ss) +TF G

ey ~
+ Ff+ae+e+

(IIA3 — 13a)
(IIA3 — 13b)
(IIA3 — 13¢c)
(IIA3 — 13d)
(IIA3 — 13e)
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Cohérences optiques:

Geor. =i |(6= k) 47| Guos. + G (e =81.1.)
- 923680 fo (I1A3 — 13f)
Geofo =1 [(5 ~ kv) + zg] Geofo + MT’“&COC+ — i—%éa,_ fo
+ Q?B (Geo. — Feosy) (ITA3 — 13g)
a.eo.f+ =1 [(5 — kv) + *g] Oeofy — iQTL'&f- f+
+ 92_30 N (IIA3 — 13h)
Geps. =1 [(5 — kv) + ig] Ocys- + i;z—L&em - Z'QTLfnfof_
_ %?.56+ f (IIA3 — 13i)
ée+fo =1 [(5 — kv) + "g] Octfo t %’ (&e+e+ - &fofo)
+ 92—3 (Geyf —Feysy) (IIA3 — 13j)

s . I Q.
Oey fy =1 [(6—kv)+z§] 0’e+f++TO'fof+
+ 92_35‘4 . (IIA3 — 13K)

Cohérences hertziennes fondamentales:

- QL Q. Q5 ,. - -
Of_fo = —2—O'f_e+ - —é—aeofo + _2—_ (af—f- ~ O fofo — Uf-f+)
+ C;°_ C;:I‘&eoe + (TTIA3 —131)
P Q. Qp . -
Gffr = 5 Oeofr + 5 (55 fo = Gfofs) (ITA3 — 13m)
- 2L . Qp ,. . .
Ofofs = 775 erfs + 5 (Gote = Fets +51_1,) (IIA3 — 13n)
Cohérence excitée:
B iQr Q. .
Gepeq = 7110.,0;0 - TLUf_ ey —Deqey (ITA3 - 130)
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ou:
Oeifi = aei.f.'ei(WL—kv)t
Geie; = Oese; (I1A3 — 14).
Ofifi =0ff;
et
6 =wrp —wy (IIA3 — 15)

Notons que nous avons tenu compte ici de 1’alimentation des cohérences hertziennes fon-

damentales par ’émission spontanée a partir de g4, , qui s’écrit :

e r
[&f— fo]sp =T C;ﬂ Cf: Teoey = 5 Teoey (IIA3 — 16a)
65054 )up =T CF2 CFF Oeoe (IIA3 — 16b)

Comme le coefficient de Glesch-Gordan entre |eg) et |fo) est nul, on a :
[6505:],, =0 (IIA3 — 16c¢)

La cohérence hertzienne os_;, ne pourrait étre alimenté qu’a partir de la cohérence hertzi-
enne o._.,. Comme nous négligeons I’état |e_) nous pouvons donc aussi négliger cette
alimentation. Nous ajoutons a ces équations de Bloch optiques la relation décrivant la

conservation de la population totale :

Z (&eae.' + 6'f.'f.') =1 (HA3 - 17)
i=—,0,+

c) Calcul de la force & ’état stationnaire

La force moyenne f subie par un atome dans cette configuration est:
f=—(VH)=—(VVy4) (IIA3 - 18)

La seule dépendance spatiale de ’hamiltonien étant dans V4, on a:

th,

f= k{&e+f0 —Ofpey + Oeof. — &f-eo} (IIA3 — 19)
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formule qui est I’équivalent de ’expression (IIA2—20) de la force dans le cas de la transition
J =1— J = 1. Nous cherchons la force stationnaire f*! sur un atome a vitesse constante.
On cherche donc ’état stationnaire interne en résolvant les équations de Bloch optiques
" stationnaires (& = 0). Ceci nécessite dans notre cas I'inversion d’une matrice 25x25.

On peut réduire la dimension de la matrice & inverser en se limitant au cas d’une
excitation résonnante: §' = 8§ — kv = 0. D’apreés les calculs de IIA2, l'effet de &' est
une diminution de la force f°t, du fait d’une sortie de résonance de 1’excitation laser.En
négligeant cet effet qui présente une variation lente de la force en fonction de é', nous
ne perdons donc pas ’essentiel de ’effet Hanle dans 1’état fondamental, qui est le creux
autour de B = 0. Pour §' = 0, les parties réelles des cohérences optiques sont découplées
des parties imaginaires et il ne reste plus que 15 grandeurs atomiques couplées entre elles
dans les équations de Bloch optiques. Nous avons résolu ces équations en utilisant un calcul
formel sur ordinateur et nous obtenons ’expression de la force moyenne & 1’état stationnaire
(voir appendice C):

f*' = Rk

w.l'ﬂ
ol =

(IIA3 — 20)

avec

N = 3207 +291T?/Q% + 70372 + 2003 0%
+20I20Q% + gr‘* (IIA3 —21)

et

D = 16Q% + 44Q20% + 2107 +8Q% /9%
+16Q4T2/Q2 + 240517 + 42—1911‘2 + 14—11“291 /92,
+ %rmg /R +6T40% /02 + %1‘4 + %
+ -;-1‘6 /92 (ITA3 —22)

QL /0%

Une courbe représentant cette force en fonction du champ magnétique est donnée sur la
figure II-15. Nous y retrouvons les comportements déja décrits pour le systéme J =1/2 —
J = 1/2 : un creux étroit autour de Qg = 0, di & 'effet Hanle dans 1’état fondamental,

et une retombée de la force pour des champs magnétiques plus grands, expliquée par une
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sortie de résonance. La demi largeur & mi-hauteur du creux est donné sur la figure II-16
et nous retrouvons la dépendance quadratique puis linéaire de cette largeur en fonction de
Qr. L'effet Hanle mécanique sur la transition J = 1 — J = 1 est donc qualitativement

identique & celui sur une transition J =1/2 — J =1/2.

EFFET HANLE MECANIQUE J=1 -> J=1

0.02 — 6L-kV=O
0.01
0 , 1 . . | .

2 -1 0 1 2 QB/F

Fig. II-15 : Effet Hanle sur la transition J = 1 — J = 1. La force F'
(en unités AkT') présente une résonance trés fine en fonction du champ

magnétique (tout comme pour la transition J = 1/2 — J = 1/2).
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Demi-largeur de la résonance Hanle

5Q/T,
- J=1 ->J=1

l it
3 Qp /I

Fig. [I-16 : Demi-largeur 6 & demi-hauteur de la résonance Hanle
dans ’état fondamental pour la transition J = 1 — J = 1 en fonction
de la fréquence de Rabi €27, du couplage laser. On retrouve la dépendance
quadratique (A faible intensité laser) puis linéaire (2 haute intensité laser)

en fonction de Q.
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4) Comparaison quantitative J =1/2 —J =1/2etJ=1-—J=1

Le but des calculs précédents était de faire le calcul théorique de 'effet Hanle mécanique
sur la transition J = 1 — J = 1 de ’hélium métastable correspondant a notre situation
expérimentale. Une premiére approche consistait a étudier un systéme plus simple (J =
1/2 — J = 1/2), pour lequel on attendait a priori des phénomenes physiques analogues.
Nous allons montrer dans cette partie que ces deux transitions ont un comportement tres
similaire dans le cas d’un laser polarisé circulairement (4a), mais que dans le cas d’un laser
polarisé linéairement la transition J = 1 — J = 1 a un comportement completement

différent de J = 1/2 — J =1/2 (4b).

a) Cas de la lumiére polarisée circulaire

Les calculs précédents (parties IIA2 et IIA3) ont confirmé l'existence d’un accord
qualitatif entre les résultats obtenus sur ces deux transitions pour ’effet Hanle mécanique.
Une comparaison précise entre les force pour ’effet Hanle mécanique sur J =1/2 — J =
1/2 et J =1 — J = 1 montre cependant des différences dans les largeurs des courbes
obtenues (fig. II-17). Nous avons traité exactement le systéme J =1 — J =1 (dans un
cas particulier §' = 0) et les calculs sont malheureusement extrémement longs. Il serait tres
commode de pouvoir faire des prévisions quantitatives valables pour J =1 — J =1 a
partir d’un calcul pour J = 1/2 — J = 1/2.Un tel espoir n’est pas déraisonnable, au moins
dans le cas des faibles champs magnétiques (28 < I' = Q% /T"). Nous pouvons alors en
effet restreindre ’étude de la transition J =1 — J = 1 au sous-systéme {|fo),|f+),|e+)}-
Comme le champ magnétique ne peut pas faire passer un atome initialement dans [fy ) vers
|f-) sans passer par I’état | fo), le couplage avec le laser réalise un pompage optique de | fo)
vers |f4) (avec un taux I'') qui empéche la précession magnétique dans P’état fondamental
(avec une fréquence ). Les seuls états peuplés seront alors |f4),|fo) et |es). Nous nous
attendons donc dans ce cas a un bon accord entre un traitement complet de la transition
J =1-— J =1 et un calcul pour le sous-systéme {|fo), |f+),]e+)} . Le calcul pour ce sous-
systéme est identique a celui sur une transition J = 1/2 — J = 1/2, a condition de prendre

en compte dans le couplage atome-laser la force d’oscillateur du systeme J =1 — J = 1.
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|

1
-0.4 -0.2 0 0.2 04
Fig. II-17 : Comparaison de la résonance Hanle dans 1’état fondamental
pour J =1/2 — J =1/2 et pour J =1 — J = 1. La force a la méme
allure pour ces deux transitions, bien qu’il subsiste une légére différence

quantitative.

5, -kv=0

1 ! 1 1 i ! | !

. {
-0.4 -0.2 0 0.2 0.4

Fig. II-18 : Comparaison de la résonance Hanle dans I’état fondamental
pour J =1 — J = 1 et le sous-systeme {|fo),|f+),le+)}. Pour des
faibles champs magnétiques on obtient un excellent accord quantitatif
entre les deux courbes et I’étude d’une transition J =1 — J = 1 peut

étre simplifiée en se limitant au trois niveaux {|fo),|f+),le+)}-

Qp/T

Qp/T
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La figure II—18 donne la comparaison entre la force obtenue pour le systéme total J =
1 — J = 1 et celle obtenue a partir de I’étude du systéme J = 1/2 — J = 1/2 ou
nous avons remplacé les facteurs d’intensité (carrés des coefficients de Clebsch-Gordan)
2/3 et 1/3 par 1/2 pour nous ramener au sous-systéme {|fo),|f+),|e+)}. Nous constatons
que cette fois-ci nous obtenons un excellent accord quantitatif pour des faibles champs
magnétiques pour lesquels ’effet Hanle mécanique est précisément trés intéressant. Ceci
nous permet donc de faire des prévisions quantitatives pour la transition J =1-— J =1

de ’hélium métastable & partir d’un systéme plus simple.

b) Laser polarisé linéairement

I existe cependant une différence trés importante entre un systeme J =1 /2 — J=
1/2 et un systéme J = 1 — J = 1. Nous avons jusqu’ici comparé 'effet Hanle mécanique
sur ces deux systémes pour un laser polarisé circulairement et un champ magnétique trans-
verse 3 ’axe de propagation du laser. Mais que se passe-t-il si nous prenons un laser polarisé
linéairement?

Une différence essentielle apparait liée & l’existence ou I’absence d’un niveau piege,
non couplé & un état excité par un tel laser. Considérons par exemple un laser polarisé

linéairement suivant Oz (fig. 1I-19):
Elgser(r,t) = Ege e Tt L cc. (I1A4 - 1)

et choisissons comme axe de quantification ’axe Ox : le laser induit donc des transitions
7. Pour un systéme J = 1/2 — J = 1/2 le laser couple & la fois le niveau |f,m, =
-1/2) a le,m; = —1/2) et |f,m; = +1/2) > et le,m; = +1/2) (fig. 1I-20a). Méme
en champ magnétique nul, il n’y a plus d’état piége pour la lumiére, et I’atome pourra
absorber continuellement des photons.

Au contraire pour un systeme J =1 ——r J =1 la facteur d’intensité de la transition
|fyme = 0 >e— |le,m, = 0 > est nul et 'état |f,m, = 0 > est un état piége pour la
lumiére polarisée linéairement (fig. II-20b); en champ magnétique transverse nul, I’atome
sera pompé optiquement dans cet état piege et ne subira a 1’état stationnaire aucune force.
Si maintenant nous appliquons un champ magnétique suivant Oz, la précession magnétique
autour de ce champ fera passer I’atome de ’état |f,m, = 0) vers |f,m, = £1 > d’ou il

pourra étre excité par le laser. Nous retrouvons ainsi l’effet Hanle mécanique dans le cas
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Laser . §

//L\ atome 3 _
- ’/ . - . — V4 = -

V4 Z

T ’ . Champ
X magnetique

Fig. II-19 : Configuration d’effet Hanle avec un laser polarisé linéairement
(suivant Oz par exemple). Dans ce cas c’est le champ magnétique par-
alléle 3 P’axe de propagation du laser (axe Oz) qui intervient dans la

résonance Hanle dans 1’état fondamental.

J =1 — J =1 pour un laser polarisé linéairement (suivant Ox par exemple) se propageant
suivant ’axe Oz sous ’effet d’un champ magnétique le long de I’axe de propagation du laser.
Nous pouvons donc compenser le champ magnétique suivant les axes Ox et Oy en utilisant
Peffet Hanle mécanique sur J = 1 — J = 1 avec un laser polarisé circulairement se
propageant le long de Oz ; la composante du champ magnétique le long de ’axe Oz peut
ensuite étre compensée en changeant la polarisation du laser en une polarisation linéaire

(suivant Ox ou Oy) sans modifier la direction de propagation du laser.
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3) J=1/2—=Jd=1/2 b) J=1 — J=1

le_>  ley> le_>  Jeg> le >
TR TETESETRS

Fig. I1-20 : Couplages induits par un laser polarisé linéairement (suivant
Oz par exemple).

a) Sur une transition J = 1/2 — J = 1/2:il n’y a pas de niveau
de 1’état fondamental non couplé a 1’état excité par le laser.

b) Sur une transition J = 1 — J = 1 : la force d’oscillateur
entre les niveaux |fo) et eo) étant nul, il existe pour cette transition un
niveau de 1’état fondamental qui n’est pas couplé par le laser. On peut
par conséquent observer un effet Hanle dans ’état fondamental sur une

transition J = 1 — J = 1 avec un laser polarisé linéairement.
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CHAPITRE 11

IIB — EVOLUTION TEMPORELLE :
APPROCHE COMPLETEMENT QUANTIQUE

Introduction

Jusqu’a présent nous n’avons étudié 1’effet Hanle mécanique qu’en régime stationnaire
(IIA). Or toutes nos expériences étant réalisées sur un jet atomique (voir IIC), le temps
d’interaction T}, est nécessairement limité (dans nos expériences Tin¢ ~ 300I'"!) et nous

devons donc analyser les effets du régime transitoire.

Afin d’évaluer grossiérement le temps de régime transitoire, nous allons décrire les
différents couplages (par laser et champ magnétique) par des taux de transitions. Comme
’effet Hanle est plus intéressant a des faibles champs magnétiques, nous étudierons le cas
ou la fréquence de précession magnétique Qp est plus petite que la fréquence de Rabi de

P’excitation laser 2, elle-méme inférieure au taux d’émission spontanée I :
Q<N «T (IIBO — 1)

Dans ces conditions nous pouvons nous restreindre a ’étude des niveaux {|fo), |f+),le+)}
(voir IIA3). Nous pouvons ainsi traiter perturbativement d’abord le couplage atome-laser

(entre |fo) et |e4)) et ensuite celui introduit par le champ magnétique. (entre |fo) et|fy)).

Le couplage par laser entre 1’état fondamental |fo) et I’état excité |e4 > de largeur

I" se traduit par un élargissement I de |fo) (voir II-Al) donné par la formule de Bethe
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(fig. 11-21) :
Qf
LT o _
Mg 2o (IIBO — 2)
8+ —
le’+>
4
|
Z
QL

P

rty pzzza | T
Ife> == Ify>
2@ |
2

Fig. II-21 : Elargissement des niveaux couplés : le couplage laser entre
|fo) et |e4) introduit un élargissement I' de |fo) et le couplage mag-
nétique entre |fo) et |f+) donne une largeur finie I'” & |f4); T est la
largeur naturelle de I’état excité |ey).
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ou § = wr —wpest le désaccord entre la fréquence wy, du laser et wy de la transition atomique.
A résonance (6§ = 0) nous obtenons alors (dans la limite 2, < T' ) :

2
~ L

!
r r

(IIBO — 3)
Si nous décrivons le couplage magnétique entre |f4)et |fo)par un taux de départ I'"' de |fy.)
vers |f+) nous obtenons de fagon analogue

2 2
~ % _Ubp (IIBO — 4)

PH‘F‘WL

Pour une intensité laser tel que 2y ~ {5 et un champ magnétique de 10 mgauss, corre-

spondant & Qp ~ 1072T, ceci donne
" ~107°T (I1IB0 - 5)

Le temps d’amortissement 7, correspondant au régime transitoire vaut alors

1 -
Tty = f‘l_l ~ ].OOF 1 (IIBO - 6)

A Y

Nous sommes donc couramment dans des situations ou le régime transitoire a une durée
comparable au temps d’interaction atome-laser. Il est donc indispensable d’étudier
I’évolution des atomes au cours du régime transitoire afin de pouvoir confronter quanti-

tativement les calculs aux résultats expérimentaux.

A cette occasion nous allons introduire une approche qui sera fondamentale dans le
troisieme chapitre pour traiter le refroidissement par laser en-dessous du recul d’un pho-
ton : il s’agit d’une approche complétement quantique pour ’atome. Nous traitons toujours
classiquement le champ laser et le champ magnétique, mais nous quantifions maintenant
aussi bien les degrés de liberté externes de ’atome que ses degrés de liberté externes. Un
état atomique pourra donc étre caractérisé par son état interne (par exemple, sous-niveau
Zeeman f,) et par sa quantité de mouvement p: on aura dans cet exemple I’état |f, p).
Le spectre des valeurs possibles de p étant continu, on est a priori amené a considérer
un nombre infini d’états. Nous allons cependant voir que, aussi bien pour l’effet Hanle
mécanique que pour la situation du chapitre III (’résonances noires”), on peut introduire

des familles fermées d’états couplés F(p) (IIB1). Les équations qui décrivent I’évolution de
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la matrice densité pour les degrés de liberté internes et externes de ’atome (équations de
Bloch optiques généralisées: EBOG) sont alors découplées pour les différentes familles en ce
qui concerne I’évolution hamiltonienne. Le seul couplage entre familles a prendre en compte
sera di & I’émission spontanée (IIB2). Ces équations sont faciles a intégrer sur ordinateur
(I1IB3) et nous allons ainsi déduire des équations de Bloch optiques généralisées 1’évolution
temporelle de la distribution des vitesses des atomes. Nous verrons ainsi par exemple que,
méme en champ magnétique nul, le pompage optique initial produit un changement de

vitesse moyenne Av minimal de

AVimin = 337 (IIBO — 7)

ou hk/M est la vitesse de recul correspondant & ’absorption d’un photon (si on part d’un
mélange statistique uniforme d’atomes dans les trois sous-niveaux Zeeman de 1’état fon-
damental). Ce résultat est important pour nos expériences de compensation du champ
magnétique décrites dans IIC. Insistons sur le fait que cette approche complétement quan-
tique pour les atomes inclut aussi bien le déplacement moyen de la distribution des vitesses
des atomes (dont on tiendrait compte dans un traitement semi-classique par une force
moyenne) que ’élargissement de cette distribution des vitesses (qui est en général décrit

par un coefficient de diffusion dans une approche semi-classique).

Remarque

La démarche suivie ici est quelque peu paradoxale. Voulant étudier le régime
transitoire, et étant réduit a une résolution numérique, on s’apergoit que la fagon la
plus rigoureuse de poser le probléme (approche tout quantique) est mieux adaptée
a la résolution numérique qu’un traitement semi-classique. Celui-ci nécessiterait
pour I’étude de I’évolution.de la distribution des vitesses le calcul de la force
moyenne et du coefficient de diffusion. Notre approche complétement quantique
pour les atomes permet donc a la fois un calcul plus rigoureux et considérablement

plus facile.
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1) Familles fermées d’états couplés en absence d’émission spontanée
p

a) La notion de familles

Considérons ’état |f—,p) représentant un atome dans I’état fondamental f_ avec un
moment cinétique m, = —1 le long de ’axe de quantification Oz et avec une quantité de
mouvement suivant Oz valant pZ, = p. Le couplage par le champ magnétique suivant Oy
fait précesser le moment cinétique de I’atome autour de Oy de sorte a coupler f_ a fy sans
changer la quantité de mouvement de 1’atome (fig. II-22). Le champ magnétique couple
donc |f_,p) & | fo, p)et de méme |f4,p) & |fo, p). Cette interaction avec le champ magnétique
couple dans 1’état excité |eg,p')a |e—,p') et a |es, p').Considérons maintenant I'interaction
avec l’onde progressive plane du laser polarisé circulaire positive ot se propageant vers
+0z:

E(r,t) = Egeye™tt=%* L cc. (IIB1 - 1)

le_,p+hik> leg,p+hk> e ,p+tik>
- 0

lf_,P>U[fo,P>MI F+IP>

Fig. II-22 : Couplages par laser et champ magnétique : seuls les é-
tats appartenant 3 une méme famille F(p) = {|f-,p),1f0.0):|f+,P);
le—,p + Rk), leo,p + hk),les,p+ hk)} sont couplés entre eux par le
laser (fréquence de Rabi 9.) et par le champ magnétique (fréquence
de précession Qp).

A cause des régles de sélection du moment cinétique cette onde o+ ne peut coupler ’état f_
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qu’a eg (par absorption ou émission stimulée d’un photon laser ot). La régle de sélection
de la quantité de mouvement implique que lors de de l'interaction avec une onde plane de
vecteur d’onde k suivant Oz l’atome passe de 1’état fondamental |f_,p) (de quantité de
mouvement pZ, = p) a état excité |eg, p + hk)(de quantité de mouvement p;, = p + hk).
De la méme fagon |fo,p) est couplé par le laser uniquement a |e4,p + k).

Nous pouvons donc introduire une famille F(p) de six états couplés par le champ

magnétique et le laser (fig. 11-22):

F(p) ={If-,p); fo,p); | f+,p); e, p + RE);
leo, p + k); le4, p + Rk)} (IIB1 —-2)

Tant que nous ne considérons que ’absorption ou ’émission stimulée de photons o+ avec
une quantité de mouvement +hk le long de Oz et le couplage introduit par le champ
magnétique statique le long de Oy, F(p)reste une famille fermée d’états couplés. Un état
appartenant & F(p)n’est pas couplé a un état d’une famille F(p') si p' # p.

Pour décrire I’état des atomes, nous allons utiliser la matrice densité représentant les
degrés de liberté internes et externes des atomes. Il est trés utile de séparer les différents
éléments de la matrice densité suivant qu’ils représentent des cohérences entre états appar-
tenant & une méme famille F'(p) (nous les appelerons ”cohérences internes”, par exemple
(f-,plo|fo,p) ou encore les populations (f;, p|o| fi, p) qui représentent un cas particulier des
cohérences internes) ou des cohérences entre deux états appartenant & des familles F'(p)
et F(p') différentes (que nous qualifierons de ”cohérences externes”, comme par exemple
(-, plo|fo,p' # p))- Considérons alors un état U(p') € F(p') et ¥(p") € F(p")et calculons

I’évolution hamiltonienne de 1’élément

(T(p)lel2(p"))

de la matrice densité sous l'interaction du champ magnétique et 1’absorption/émission

stimulée de photons laser ot suivant Oz. Cette évolution est régie par 1’équation:

ihzl(-it-a= [H,o]l = Ho —oH (IIB1 — 3)

on a donc:

in e (o |2(p") = (Vo) Ho — o HIY(p") (11B1 - 4)
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D’aprés ce que nous venons de voir, les régles de sélection des interactions considérées
entrainent que I’hamiltonien H ne couple pas entre eux deux états appartenant a des
familles différentes et il est alors facile de voir que des termes tels que i 2 (¥(p')|o|¥(p")) ne
dépendent que d’éléments de la matrice densité ayant la méme cohérence interne ou externe.
En particulier I’évolution des cohérences internes (du type (¥(p)|o|¥(p))) est découplée des
cohérences externes. Cette propriété qui simplifie beaucoup les calculs restera d’ailleurs
vraie méme si nous prenons en compte 1’émission spontanée (voir IIB2). Nous pouvons
alors alléger considérablement les calculs. En effet les seuls éléments de la matrice densité
qui interviennent dans le calcul de la distribution N(pZ,) des quantités de mouvement des

atomes sont des populations, qui sont des cohérences internes (IIB3):

N@®)= Y {{fiplolfi,p) + (eiplolei, p)} (IIB1 - 5)

i=—,0,+
Nous pouvons donc restreindre les calculs aux cohérences internes. Nous supposerons
d’ailleurs plus tard (voir IIB3) qu’il n’y a initialement pas de cohérences externes, et celles-ci

ne peuvent pas apparaitre au cours de I’évolution.

En conclusion nous pouvons nous contenter d’étudier 1’évolution des cohérences in-

ternes et nous introduisons une notation simplifiée pour les cohérences internes de la famille
F(p) :

o155 (p) = {fi, plolf;,p) (IIB1 - 6)
Geie; (D) = (e, p + Bk|ole;, p + hk) (IIB1 - 7)
Seaty(8) = (eisp + kol fs,p) (IIB1 - 8)
Ofiei(P) = o1 (P (IIB1 - 9)
avec 1,7 = —,0,+.
Remat;ques :

(i) La quantité p dans F(p) intervient ici en tant que indice pour distinguer
les différentes familles fermées d’états couplés. Le choix de cet indice provient
de la quantité de mouvement de certains états appartenant a F(p),a savoir celle
des états fondamentaux. Si nous quantifions aussi le champ laser, cet indice p

représente la quantité de mouvement totale de ’atome plus le champ laser (& une
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constante prés). En effet considérons un état de Fock avec N photons dans le mode
laser en absence de couplage V41,. Comme le couplage laser implique ’absorption
et donc la disparition d’un photon laser lors du passage d’un état fondamental a
un état excité appartenant & F(p),les différents états de F(p)sont, en prenant en
compte le nombre de photons laser :|f;,p, N) et |e;,p+hk, N —1)(: = —,0,+). La
quantité de mouvement atome + .cha.mp vaut dans ces cas p+ N hk pour les états
|fi,p, N) et p+ hk + (N — 1)hk pour les états le;, p, N — 1). Nous voyons donc que
Pindice p utilisé pour distinguer la famille F(p) correspond dans cette description

a la quantité de mouvement total atome + champ laser, modulo Nhk.

(ii) Toutes les configurations de niveaux atomiques et champs laser ne permettent
pas d’introduire des familles fermées d’états couplés. Considérons par exemple un
atome a deux niveaux ( f et e) en interaction avec deux lasers @et © se propageant
en sens inverse (fig. II-23a). L’état |f,p >est couplé par absorption d’un photon
de 'onde @ a |e,p + hk >,lui-méme couplé par émission stimulée d’un photon
dans l'onde © 4 |f,p+2kk > et ainsi de suite (fig. II-23b). Dans ce cas la famille
d’états couplés comporte un nombre infini d’états [10):

F(p) ={...|f,p — 4hk); |e,p — 3kk); |f,p — 2hk); |e, p — Rk);
1f,p)ile,p + hk)...} (I1IB1 — 10)

L’utilisation de telles familles pour un calcul numérique devient alors beaucoup
plus difficile, et il faut introduire une troncature sur les états pris en considération.
Pour pouvoir introduire des familles F(p) avec un nombre fini d’états, il est

impératif de ne pas avoir plus d’un mode de laser couplant deux niveaux atomiques

|f,mg)et |e,m,.).

b) Hamiltonien

L’hamiltonien est analogue a celui donné en (IIA3-11) auquel on a maintenant rajouté

un terme d’énergie cinétique puisqu’on quantifie les degrés de liberté externes des atomes.

Nous nous bornons ici & ’étude du mouvement des atomes suivant ’axe de propagation

Oz des lasers. L’hamiltonien atomique H,;se compose alors de I’hamiltonien interne H;,;

et de I’hamiltonien pour les degrés de liberté externes H;n:

Hat = Hint + Hcin (IIBl - 11)
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le>

if,p> |f,p+2hl>

Fig. II-23 : a) Atome 3 deux niveaux couplés par deux ondes laser se
propageant en sens opposé.

b) Le laser couple entre eux tous les états |f, p — 2nhik) et |e,p — 2(n -
1)kik) et 1a famille F'(p) d’états couplés contient un nombre infini d’états.
Chaque état est représenté par un point avec une abscisse égale a sa
quantité de mouvement suivant 1’axe des lasers et avec une ordonnée
dépendant de son degré de liberté interne (état excité : ligne supérieure,
état fondamental : ligne inférieure).

avec

Hint = h"«’o Z {|e_,p)(e..,p| + ICO, P) (eopl + |6+, p)(6+p|} (IIB]' - 12)
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et
< 2M ( )

ou p est I'opérateur quantité de mouvement atomique le long de Oz.

Nous traitons toujours le champ laser classiquement :
E(2,t) = Ege'**~v“t9, 4 h.c. (IIB1 — 14)

ou Ej est 'amplitude du champ laser, k son vecteur d’onde (le long de Oz), wy, sa fréquence

et €4 le vecteur polarisation circulaire positive:

1
€+=—$

Notons que Z est ’opérateur position suivant Oz agissant sur les degrés de liberté externes

(ez +iey) (IIB1 — 15)

de I'atome. Dans 'approximation dipolaire électrique I’hamiltonien d’interaction atome-

laser est

Var = -D.E(3,t) (IIB1 — 16)

ou D est 'opérateur moment dipolaire électrique de ’atome. En notant §27 la fréquence

de Rabi associée a la transition f_ «— eg et fo +—— ey :

Q= — (eolD-e;i-EOIf—) - (6+|D-€’:-E0|fo) (IIB1 —17)

et en tenant compte des regles de sélection pour le moment cinétique

(e—|D.e4|f-) = (e4|D.e4|f-) =0 (IIB1 - 18)
(e—ID.et|fo) = (eo[D.e4|fo) =0 (IIB1-19)

les termes résonnants (approximation RWA) du hamiltonien de couplage atome-laser sont:
hQp, ’ ikz —iwrt
Var = == {leo,PM(f=,pl + le+,p){fo, pl} €™*e™*** + h.c. (IIB1-20)
P

L’opérateur e*** s’écrit aussi:

e = 3" p'Np' — hk| = Y |p'+RE)(P| (IIB1 —21)
I 4
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et nous obtenons finalement:
ﬁQL —twrt
Var = —— > {leo,p + hk)(f—,p| + le+,p + k) {fo,pl} € + h.q1IB1 — 22)
P

Le champ magnétique est dirigé suivant Oy
B = Be, (IIB1 — 23)
et ’hamiltonien de couplage Vp est:
Vg=-M.B (IIB1 — 24)

ou M est I'opérateur moment magnétique de ’atome. Comme nous nous intéressons
surtout & des faibles champs magnétiques (B g 100 mgauss, 5 < I'/5)nous négligeons,
tout comme dans la partie IIA, le couplage magnétique entre les différents sous-niveaux
Zeeman de ’état excité. En effet lorsque la précession entre ces niveaux, induite par le
champ magnétique devient trop lente, I’émission spontanée empéche 1’établissement d’une

cohérence hertzienne dans I’état excité. Nous pouvons alors mettre Vp sous la forme:

_ _ _ih'yB
Vg =—vJyB = 7 2,,: {lf=;p){fo,p|

~|f+,p){fo,pl} + h.c. (IIB1 — 25)

ou v = 2.8MHz/gauss est le rapport gyromagnétique dans 1’état fondamental et J,
lopérateur moment cinétique suivant Oy pour un moment cinétique un dans une base

standard:
0-10

Jy=—=|10 -1 (IIB1 — 26)
v2\o 1 o0

Nous définissons la fréquence de précession magnétique {2g par :
Qp = V2vB (IIB1 — 27)

Comme dans la partie IIA, le fait de négliger le couplage magnétique dans I’état excité
nous permet de ne plus considérer les états |e—,p > . L’hamiltonien total se met donc sous

la forme:

H=Hin+Var +Va (IIB1 — 28)
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avec:
2
Hipny = huwy Z {|€o,P)(€o,P| + Ie+, )(e+,p|} + o7 2M (IIB]' - 29)
Var = —— Z {leo,p + Bk)f-,p| + e+, p + Bk)(fo,p|} + h.c. (1IB1 —30)
Ve = —i s S {18 for bl — |28} (o, 81} + hc. (IIB1 - 31)
p

Nous voyons donc clairement que cet hamiltonien ne couple que des états appartenant a la

méme famille F(p).

c)Contribution hamiltonienne aux équations de Bloch optiques généralisées

Nous pouvons maintenant établir les équations d’évolution de la matrice densité o sous
Paction de I’hamiltonien donné en (IIB1—31). Comme nous avons vu que ’hamiltonien ne
couple que des états appartenant & une méme famille F(p), nous pouvons nous limiter aux
cohérences internes de la matrice densité o (voir IIBla). La contribution de 1’évolution

hamiltonienne aux équations de Bloch optiques généralisées est:
h(6]gem = [H,0] (1IB1 - 32)

Afin d’éliminer la dépendance temporelle des coefficients nous posons:

Ge; f; (p) = Oe; f; (P)eiwu (IIB1 — 33a)
Geie;(P) = Oeic; (P) (1IB1 — 33b)
G5.5;(p) = 014, (p) (1IB1 — 33c)

- T 07 +

Les équations d’évolution hamiltonienne sont alors:

Populations:
[Geoeo(P)] rom = (QQL &eof_(P)—glJ‘&f.eo(P)) (1IB1 — 34a)
[Gerer () fram = (Q;r?em(p) QL&foe+(p)) (IIB1 — 34b)
ot ] gam = (&L—&f_e,,(p) e sur )

- TB (505-(P) +55_10(P)) (IIB1 — 34c)
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[éfofo(p)] Ham — U (92L &foe+(p) i ae+fo(p))

Q ~ . . -
- '2—3 (644 £6() + G101, () — G5 5o(P) — G o5 () (IIB1 — 34d)

57270 D)) fram = QTB (551 50(P) + G 1054 (P)) (IIB1 — 34e)

Cohérences optiques:

eos- 0N sram = [(6= kL) =8 Geas. () + 55 (Geaea(P) — 511 (#))
923 Geo o (D) (1IB1 — 34f)
Beoso@tam = [(6= kL) 8] (8 + “5Lege, (0) — “2255_1o(p)
+ 9B G (0) — 01, ) (I1B1 - 34¢)
ety D pram =1 [(8= kL) = 08] Geass (0) — 211, (7)
+ 250050(p) (IIB1 — 34h)
e r- @ sgam =i [(6 = EL) =] Fers. )+ “Sebryealp) ~ P (2)
_ 92—3},, () (IB1 — 34i)
erso®lpam = [(6= kL) 8] 6oy (0 + SoE (Grer () — 51010(p)
+ 22 (G 1 (0) = 521, 9) (B1 - 34)
[Ferss P o =1 [(5 - kﬁ) -wR] ey s+ (P) + o’ 0fof+(p)
+ %‘-’i&e+ 10(D) (IIB1 — 34k)

Cohérences hertziennes fondamentales:

: iy, . Q.
(65 16 am = —5~81-e4(P) = =5 Fearo()

+ '92—3 (85-1-(P) = G 101s(p) — G5_1,.(P)) (1IB1 — 34])
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. iQr Qp ,. _
[6f- I+ (p)] Ham 2L Geos+(P) + '78' (Uf- fo(P) = Gso1s (P)) (IIB1 — 34m)
2 tQL -
[Ufof+(p)] Ham — U¢+f+(P)
Qp . . 3
+ 73 (5010 (P) = G114 (P) + 51 1,(P)) (1IB1 — 34n)
Cohérence excitée:
K] Q - ZQ - ~ '
[UC— e+(P)] Ham — e Ucojo(P) L Uf_ et (P) - Faeoq. (P) (HB]. —_ 340)

Nous avons posé ici hwg = h2k2/2M.

Ces équations généralisent les équations de Bloch optiques dans le cas ou on a quantifié
les degrés de liberté externes. Notons que la seule différence avec les équations de -Bloch
optiques de la partie IIA2 (en négligeant les termes pour ’émission spontanée sur leéquels_
nous revenons dans la prochaine partie) est l'effet de recul qui se traduit dans I’évolution
des cohérences optiques par des termes en 6 — wg a la place de §. Nous avons choisi la

phase de I’état excité telle que Q2 = Q] (voir IIA2).
2) Emission spontanée

Apres avoir vu comment 'interaction hamiltonienne couple entre eux des états appar-
tenant & une méme famille F(p), nous montrons maintenant comment 1’émission spontanée
couple les différentes familles F(p) entre elles. Considérons par exemple un atome dans
Pétat excité |es,p + hk) avec une quantité de mouvement pZ, = p + hk appartenant a la
famille Fi(p). Lorsque cet atome émet un photon spontané, de vecteur d’onde k,, et de
polarisation €,p, il tombe dans I'état fondamental. Les régles de sélection pour le moment
cinétique sont identiques & celles qu’on a lorsqu’on traite classiquement les degrés de liberté
externes des atomes (voir IIA3). Mais pour obtenir les régles de sélection pour les degrés de
liberté externes des atomes nous devons maintenant aussi considérer la quantité de mouve-
ment du photon émis. Soit u la projection sur I’axe Oz de la quantité de mouvement fik,,
du photon émis (u = hk,p.e;). La conservation de la quantité du mouvement implique alors
que la quantité de mouvement de 1'atome le long de Oz change de —u. L'atome passe donc
de I'état |e4,p + hk)a un état fondamental f de quantité de mouvement pZ, = p+ hk — u:

émaission

le4,p + k) ———— |f,p+ Rk — u) (IIB2-1)

spontanée
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le;,p+hk> le;,p+2hk-u>

lfj,p> If.,p+hk-u>

Fig. I1-24 : Redistribution d’atomes entre états appartenant a des
familles F(p) différentes sous l'influence de I’émission spontanée. Un
atome dans 1’état |e;, p + fik) appartenant a F(p) peut, par émission
spontanée d’un photon de quantité de mouvement u suivant Oz, tomber
dans I’état |f;,p + fik — u) appartenant 3 la famille F(p + hk — u).

L’état final |f, p+ hk — u)n’appartient donc en général plus & la famille F(p) mais & F(p +

hk — u). La projection u pouvant varier entre:
—hk <u < hk (I1IB2 — 2)
I’émission spontanée couple donc une famille F(p) aux familles F(p') (fig. II-24) avec:

p<p <p+2hk | (IIB2 — 3)

Etudions maintenant 1’évolution des éléments de la matrice densité sous l'effet de
’émission spontanée [11].Analysons.d’abord ’évolution des cohérences internes sous 1’effet
de I’émission spontanée. Les termes dans les équations de Bloch optiques généralisées
décrivant I'amortissement de ’état excité par I’émission spontanée sont analogues a ceux

qu’on obtient lorsqu’on traite classiquement les degrés de liberté externes de ’atome :

[0eie; (P)],, = —T0eic; (P) (IIB2 — 4)
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[6e:5;(P)],, = —T/20e.5,(p) (IIB2 — 5)

avec ¢, = —,0,+.Les cohérences optiques s’amortissent deux fois plus vite par ’émission
spontanée que les populations ou les cohérences hertziennes de ’état excité.

Pour l’alimentation de 1’état fondamental, nous devons maintenant tenir compte en
plus de la projection u de la quantité de mouvement suivant Oz du photon émis, responsable
de la redistribution entre familles F(p) différentes. Etudions par exemple ’alimentation de
la population de 1’état |f+,p) appartenant & F(p) sous I'effet de ’émission spontanée. Un
tel état est alimenté par |e;,p+u)(z = 0,4) de population o.,.,(p — hk + u) et appartenant
a F(p — hk + u) avec un taux :

T H(u) (IIB2 - 6)
ou H(u) est une fonction normalisée :
+hk

H(u)du =1 (IIB2 - 7)
—hk

et T est le taux de desexcitation de |e;) vers |f):
T =T/2 (IIB2 — 8)

Pour la transition J =1 — J =1 tous les I‘;- valent I'/2 sauf Iy qui est nul. L’intégration

sur u nous donne alors pour ’alimentation des populations de I’état fondamental:

Rk
o lp= 3 T [ duH W (o k4 (IIB2 - 9)

Jj=—,0,+ —hk
Le noyau H(u) dépend du diagramme de rayonnement et ’on a par exemple pour la tran-
sition |eg) — |f4):

H(u) = —— (1 42 ) (IIB2 — 10a)

tandis que pour une transition 7 telle que |e+) — |f+) on a:

3 u?

Il faut aussi tenir compte de P’alimentation des cohérences hertziennes dans 1’état fonda-

mental. A cause de I'invariance de ’émission spontanée par rotation autour de I’axe Oz
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une cohérence hertzienne dans ’état fondamental entre deux niveaux Zeeman de moment
cinétique m; et m; suivant Oz ne peut étre alimentée que par une cohérence hertzienne

dans ’état excité entre deux niveaux Zeeman de moment cinétique m; et my si:
m; —mj =mg —my (IIB2 - 11)

L’invariance de ’émission spontanée par translation dans I’espace libre entraine d’autre part
qu’une cohérence interne (entre |f—,p) et |f+,p) par exemple) ne peut étre alimentée que
par une autre cohérence interne (entre |e_, p—u) et |e;, p—u) par exemple). L’alimentation

des cohérences o, 5, (p) est donc donnée par:

hk
Grs@l, = S T / | duH(W)0een(p — Bk ) (ITB2-12)

l-m=i—3j -

ou I‘f:;" =C}l C};" En conclusion, les seuls termes a considérer en ce qui concerne la con-
tribution de I’émission spontanée aux équations de Bloch optiques sont ceux de 1IB2—-4,5,9
et 12.

Intéressons-nous maintenant a 1’évolution des cohérences externes sous l'effet de
I’émission spontanée. A cause de 'invariance de I’émission spontanée par translation dans
P’espace libre une cohérence externes entre |f_,p') et |f—, p") par exemple ne peut étre ali-
menté que par un terme (e;,p’' — u|o|e;, p" — u) ayant la méme cohérence externe. Comme
cependant nous n’aurons pas besoin des cohérences externes pour le calcul de la distribu-
tion des vitesses le long de Oz et que ’évolution des cohérences internes est entierement
découplée des cohérences externes, nous pouvons nous contenter de calculer uniquement

P’évolution des cohérences internes.
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3) Evolution de la distribution des vitesses

a) Distribution initiale

Nous prenons comme distribution initiale un mélange statistique des trois sous-niveaux
Zeeman f_, fo et fide I’état fondamental avec la méme distribution No(pZ,) pour la quan-
tité de mouvement suivant Oz. Nous supposons aussi qu’il n’y a initialement pas de

cohérences externes. La matrice densité initiale est donc diagonale:

- ,

a5-5-(p) = 3No (Pze = p) (IIB3 — 1a)
1

9505o(P) = 3No (PZ: = p) (IIB3 — 1b)
1 z

o5 54(P) = §N0 (Pa = p) (IIB3 — 1c)

Cette distribution initiale est la plus plausible pour des atomes émis par une source a
I’équilibre thermodynamique (si ’énergie Zeeman est trés inférieure a kgT'). 1l s’agit donc
pour chaque valeur de p d’un mélange statistique d’entropie maximale. Nous représentons

la distribution Np(pZ,) par une fonction gaussienne:

2
No (pz¢) = Noexp (— _—ZZpZ) (IIB3 — 2)
0

pour tenir compte par un expression analytique simple de notre distribution des vitesses.

Pour la plupart de nos expériences, on a:

Comme nous I’avons vu dans ITA2, 'origine de ’axe des vitesses n’a dans la configuration
d’une onde laser progressive de signification que relativement au désaccord. Nous pouvons

donc fixer l'origine des quantités de mouvement au centre de la distribution Ny(p).

b) Equation pilote : équations de Bloch optiques généralisées

Nous obtenons ’équation pilote pour la matrice densité décrivant a la fois les degrés de
liberté internes et les degrés de liberté externes en ajoutant les contributions de I’hamiltonien

(IIB1c, équations IIB1—34) et de I'émission spontanée (IIB2c, équations IIB2—4,5,9 et 12):

&(p) = [&(p)] Ham + [&(p)] Spont (IIB3 - 3)
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Rappelons que ces équations résultent d’un traitement quantique des degrés de liberté
internes et externes. En particulier ces équations tiennent compte de 'effet de recul lors
de I’absorption ou ’émission d’un photon. Ce sont des équations aux différences finies,
couplant par exemple la population G.,e,(p) de Iétat eo (avec une quantité de mouvement
pZ, = p+ hk) aux cohérences G.,s_(p) et ainsi & la population 6¢_s_(p) (avec une quantité
de mouvement pZ, = p). Le fait d’avoir pu regrouper les états en familles fermées d’états
couplés F(p) rend possible une résolution numérique facile de 1’équation pilote : on a en
effet ainsi pu réduire considérablement le nombre des éléments de la matrice densité 6(p) a

prendre en compte en se débarrassant de toutes les cohérences externes (voir IIB1 et I1IB2).

¢) Distribution finale

Nous nous intéressons uniquement a la distribution des quantités de mouvement le
long de ’axe Oz. Nous devons donc prendre la trace sur les degrés de liberté internes non

mesurés. Cette distribution est alors donnée par

N (p3e) o Tegeo(p — Bk) + ae+e+(p — hk)+

o5 - (P)+ g5 5(P)+ 050 1,.(P) (IIB3 - 4)

Dans nos expériences, les atomes que nous détectons ont parcouru une grande distance
(1.3 m) aprés la zone d’interaction avec le laser. Des atomes qui étaient dans ’état excité
a la fin de la zone d’interaction se seront donc désexcités par émission spontanée avant
d’arriver au détecteur, aprés un temps de 1'ordre de la durée de vie I'"! de I’état excité qui

est trés court devant le temps de vol Ty, sur 1.3 m:
I ~107"s € 107%s = Tyot

L’effet de recul lors de cette derniére émission spontanée produit donc un élargissement
de ordre de hk/M pour la contribution des populations excitées a la distribution des
vitesses. Cependant pour les champs magnétiques et laser considérés ici, la population des
états excités est trés faible et I’élargissement de la distribution des quantités de mouvement

N(pZ,) due a la desexcitation des états excités lors du vol libre entre la zone d’interaction
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et le détecteur peut étre négligé. Nous prenons donc pour le calcul de la distribution finale

des quantités de mouvement I'expression de N(p?,) donnée en (IIB3—4).

Distribution des quantités de mouvement

6L=0 ;)

sans laser \
{ avec laser

— 1
6, =3001

B=50mgauss [ ‘

| \
/ \
/
/ \
/ \
[ TR R B R AP
-30 -20 -10 0 10 20 30 p,fhk

Fig. IT-25 : Distribution des quantités de mouvement suivant Oz obtenu
par intégration numérique des équations de Bloch optiques généralisées
pour un champ magnétique transverse de 50 mgauss (2 = V27B =
0.12T), un désaccord nul (67 = 0), une fréquence de Rabi du couplage
atome-laser Q@ = 0.7T (qui inclut le coefficient de Clebsch-Gordon de
1/v2 de la transition |f-) — |eo) et de |fo) — le4)) et aprés un
temps d’interaction de 30 us (0;n¢ = 300T'~!).La distribution initiale, une
gaussienne de demi-largeur & exp{—1/2} de Apy = 4fikavec un mélange
statistique entre |f_),| fo) et | f+), est représentée en tirets.
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4) Analyse numérique et résultats

a) Procédure numérique

L’évolution temporelle des éléments de la matrice densité est obtenue par intégration
pas par pas des équations aux différences finies (IIB3—3), en partant d’une distribution

initiale donnée par (IIB3—1). Nous avons fait cette intégration a ’ordre un en dt:
o(t+dt) = o(t) + o(t).dt (I1B4 —-1)

avec une incrémentation temporelle d¢t = 0.05I'"!. Nous avons vérifié que lorsque nous
divisons le pas temporel par deux, nous retrouvons le méme résultat pour N(pZ,), ce qui
montre que dt = 0.05I' ! est suffissement petit pour ne pas avoir des erreurs introduites par
les imprécisions du calcul. La variable continue p a été discrétisée en intervales Ap = hk
entre ppin = —20hk et ppa. = 60hk. Ces parametres permettent de calculer 1’évolution de
la distribution des vitesses pour des temps d’interaction T, = 300I'"! tant que le nombre
moyen de cycles de fluorescence est inférieur a

pmaz: ~ -
N < 22 2 60 (IIB4 — 2)

ce qui dans une approche semi-classique correspondrait a une force f inférieure a:

F < Faaz ~ ’% ~ 0.2hkT (1IB4 — 3)
int

Pour 1’étude des faibles champs magnétiques ceci est toujours le cas (voir IIA) et nous nous

intéressons a la limite de faibles champs magnétiques. Si on veut étudier des forces plus

grandes pendant T},,; = 300I'"1, il faut choisir pq.plus grand car la distribution de vitesse

se déplacera alors plus loin que 60%iik/M.

Dans le cas ci-dessus nous devons considérer N états:
N = n;pt.neze = 5.80 = 400

ol n;,¢ est le nombre de degré de liberté internes & considérer (n;n: = 5 en négligeant
Pétat e_) ; n.,¢ est le nombre de degrés de liberté externes (neze = (Pmaz — Pmin) /OP)-

La matrice densité contient alors N? = 160000 éléments. Or comme nous ’avons déja fait
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remarquer, nous avons pu négliger toutes les cohérences externes ((p'|o|p") avec p' # p"

voir IIB1) ce qui rameéne le nombre d’éléments de o a considérer a
(Rint)’ Peze = 2000

Un tel calcul est facilement réalisable sur un ordinateur personnel.

Chaque pas de 'intégration temporelle comporte plusieurs termes. D’abord nous cal-
culons le changement des éléments de la matrice densité provenant de I’évolution hamil-
tonienne. Comimne seuls les états appartenant & une méme famille F(p) sont couplés par
P’évolution hamiltonienne [#(p)] ,,, .., donné par les équations IIB1—34. Ensuite nous calcu-
lons pour chaque valeur de p les termes d’alimentation p;;(p,t) intervenant dans ’évolution

de Pétat fondamental sous I’effet de ’émission spontanée

+hk
Bii(p, t) = / duH (u)os;(p+ hk — u, ) (IIB4 — 4)
—hk

Nous obtenons alors les éléments de la matrice densité atomique a 'instant t+dt enajoutant

les contributions de ’évolution hamiltonienne (IIB1) et de I’émission spontanée (IIB2):
&ij(p,t + dt) = Gij(p, 1) + dt [3:5(p, )] g, + 0t [G15(p, 1), (1IB4 — 5)

Remarque :

Nous avons vérifié sur des calculs particuliers que la distribution des vitesses est
trés insensible & la forme exacte du noyau H(u), sous condition d’avoir un noyau
de largeur 2hk et normalisé. Nous avons pris comme diagramme de rayonnement
une fonction constante entre —hk et +hk :

1
= — i— < -
H(u o si— hk < hk (IIB4 — 6a)

Hu)=0  siju| > &k (IIB4 — 6b)

qui a donné apreés quelques cycles de fluorescence des résultats sensiblement iden-

tiques a un noyau
3 u?

H(‘u) = Shk(l + ﬁ2k2

)
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b) Evolution de la vitesse moyenne

La figure II—-25 montre la distribution des vitesses pour un temps d’interaction de
Tint = 300I'"). Le champ magnétique correspondant & 10 mgauss donne pour I’hélium
dans ’état fondamental (y = 2.8 M H z/gauss) une fréquence de précession g = 2.5 10~°T".
Nous avons pris un désaccord nul & vitesse nulle (§ = wp — wo = 0) et une fréquence de
Rabi Q7 =T pour le laser. A part le déplacement du centre de gravité de la distribution,
nous constatons un élargissement de cette distribution, qui reflete la diffusion dans I’espace
des vitesses due aux fluctuations du nombre de cycles de fluorescence pendant un intervalle
de temps donnée et au caractére aléatoire de la direction des photons émis spontanément.
Afin de comparer ces résultats a ceux obtenus par la méthode de la partie ITA, nous tragons
sur la figure 1I-26 la vitesse moyenne v des atomes (fig. II-26a) et la variation de cette
vitesse 42 (fig. II-26b) en fonction du temps. La ligne en pointillé sur la figure II-26b
indique la valeur dz:‘ correspondant a la force donnée par le calcul semi-classique de la

partie ITA2:

~8t
o™ _ por (IIB4 — 7)

Mdt_

Pour interpréter la différence apparaissant au début du temps d’interaction, étudions de
plus prés en particulier le cas limite d’'un champ magnétique rigoureusement nul (Qp =
0). Partant d’un mélange statistique d’atomes dans les états |f_),|fo),et |f+),le pompage
optique induit par le laser polarisé circulaire o+ va transférer tous les atomes dans le niveau
|f+) aprés quelques cycles de fluorescence. Nous nous attendons donc que pour une telle

condition initiale la vitesse moyenne des atomes va changer d’une quantité Awv:
Av = Nhk/M (IIB4 - 8)

ou N est le nombre moyen de photons absorbés par atome. Méme en champ magnétique
nul ou la force a ’état stationnaire est nulle, la vitesse moyenne des atomes change pendant

un régime transitoire de pompage optique.
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Ap/hk
25| — —
; Q; =0.7e; =0.7T
I Oy =
201
i a)
15
L
2 B=50mgauss
10—
-
5 | —
-
i B=10mgauss
0 _ 1 | : 1 i 1 ' 1
0 100 200 0, T
Fig. II-26 : a) Evolution de la quantité de mouvement moyenne des
atomes pour g, = 0.7, 8, = Oet B = 10/50 mgauss (calcul quantique).
b) Comparaison entre la force moyenne obtenue par un calcul semi-
classique en régime stationnaire f*¢ (ligne en tirets, voir II-A2) et F =
dp/dt (courbe en continue) obtenue i partir de la courbe de la figure a).
F [hbar*k*I]
0.25 — —
- Q; =0.70% =0.7T
i B=50mgauss
o2 D)
B
0.15 - —— Evolution temporelle par
I intégration des EBOG
0.1 R - - Calcul semi-classique en
L régime stationnaire
I
005 | & S o _
I
0 [ 1 ] 1
0 100 0. *I'
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La figure II—-27 illustre cet effet de pompage optique initial pour un champ magnétique nul
(28 = 0). Nous voyons que la vitesse moyenne des atomes augmente pendant un temps de

l’ordre de 10I'~! pour atteindre la valeur stationnaire de
Avp=9 = 1.33kk/M (IIB4 - 9)

On peut retrouver ce résultat en calculant le nombre moyen de photons absorbés en partant
d’un mélange statistique d’atomes dans |f_},|fo), et |f+). Le nombre de photons absorbés

pour passer de |fo) & |f4) est:

foy = AT 1+ A {AT2+..} (IIB4 — 10)
fior = Y nAf (45" (IIB4 — 11)
n=1

o AT = I'I/T est le rapport de branchement pour tomber dans |f1)a partir de |e;) et
A} =1— AT =T¢ /T . Comme pour la transition J =1 — J=1: AT =1/2 = A on

gy = Y 7 (-;-) oo (IIB4 — 12)

n

a:

De méme le nombre moyen de photons ot absorbés pour passer de f_ & f, est:

n_y =) nA}(42) )+ =) n (%) "o (IIB4 — 13)

n

En effet pour la transition J = 1 — J = 1 on ne peut passer de f_ a f¢ par absorption

d’un photon ot (I = 0,T'% =T =L). En partant d’un mélange statistique |z} :

. 1 1 1
li) = 31F-) + 3lfo) + 31f+) (IIB4 — 14)
le nombre moyen de photons ot absorbé pour le pompage optique est de:

1 1
n_+ + §no+ + §0

St

(IIB4 — 15)

]|
I
Ol W Q) =

Ceci explique donc le changement de vitesse moyenne Avp—q:

Avpes = %hk/M (IIB4 — 16)



200

Ap/hk

133 - — = e e e e o

- Q; =0.7e; =0.70

. §,=0

0 1
10 0

O T
Fig. II-27 : Pompage optique initial : en partant d’un mélange statis-
tique d’atomes dans les trois sous-niveaux Zeeman de 1’état fondamen-
tal, les atomes absorbent en moyenne 4/3 phofons avant d’étre pompés
optiquement par le laser polarisé ot dans le niveau | f; ) pour un champ
magnétique nul. La quantité de mouvement moyenne change par con-

séquent de Ap = 4/3hk pendant un régime transitoire initial.

sur la figure I1-27.

Nous pouvons aussi calculer le changement de vitesse moyenne pour différentes valeurs
du champs magnétique correspondant & nos conditions expérimentales. La figure 1128

représente le changement de vitesse moyenne calculé 4 1’aide des équations de Bloch optiques
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généralisées (avec quantification de la quantité de mouvement des atomes) en fonction du
champ magnétique transverse pour un temps d’interaction Tjp¢ = 310!, une fréquence
de Rabi pour l'excitation laser de Q; = I' et un désaccord nul 6 = 0. Nous retrouvons
le creux autour de 25 = 0 qui est la signature de ’effet Hanle mécanique tel que nous
pourrons ’observer dans les expériences sur notre jet. En pointillé nous avons tracé le
changement de vitesse Av,. qu’on déduira;it de la force moyenne a 1’état stationnaire f*!
calculée semi-classiquement (voir IIA3):

st
M

Avye = =—Tine (IIB4 — 17)

La différence entre ce calcul et les valeurs obtenues par 1’étude quantique de I’évolution
temporelle s’explique d’une part par le fait que le calcul semi-classique de la partie IIA ne
tient pas compte du régime transitoire initial. Mais la durée de ce régime peut étre tres

longue. En effet, ce temps ¢, est de Pordre de (voir 1IA2):

1, %

- = T > '1,/—2 (HB4 — 18)

ou I est le taux d’excitation de I’état |fo >. Pour pouvoir négliger le régime transitoire il
faudrait que le temps d’interaction Tj},; soit beaucoup plus grand que 7¢.. Or pour avoir

un temps 7y, de 'ordre de 0.1T;,; il faudrait un champ magnétique tel que:

[r/2 T
=1\ =5 (IIB4 — 19)
(Tine = 31ps = 310 1),

Ceci correspond a un champ magnétique de

Qp
B = —— = 50mgauss IIB4 - 20
v2y ( )

La différence entre les résultats du calcul semi-classique de la partie IIA et du calcul tout
quantique de IIB apparait aussi pour des plus grandes valeurs du champ magnétique (au-
dessus de 50 mgauss). On s’apercoit en effet que pour de tels champs magnétiques le
changement de vitesse est déja tellement grand qu’on ne peut plus négliger la sortie de

résonance. Pour B ~ 50 mgauss on a:

Av = 10hk/M (IIB4 — 21)
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ce qui pour ’hélium métastable correspond a un décalage Doppler de:
kAv=T/2 (1IB4 — 22)

Le changement de vitesse Av,. calculé a partir d’une excitation résonnante est donc trop
grande. Le calcul tout quantique rend bien compte de ce changement de vitesse et de la
sortie de résonance qui en découle. En revanche notre calcul semi-classique est fait pour un
atome a vitesse constante et néglige cet effet. Ceci explique d’ailleurs la lente diminution
de la courbe en trait plein sur la figure I126b (correspondant au calcul quantique), tandis
que la courbe correspondant au calcul semi-classique tend vers une valeur constante non

nulle.

Nous voyons donc que le calcul quantique permet de faire apparaitre des effets que
Pon comprend physiquement, et qui étaient ignorés dans notre calcul semi-classique. 1l
était intéressant de voir si les résultats expérimentaux sont assez précis pour révéler ces

différences.
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EFFET HANLE MECANIQUE

: ‘\‘ ; QL=0.7F
20
101
of
1 i 1 4 l 1 1 1 1 1 H ] 1 1 l ] | i B [ 1 1 l;l 1 1 1 1
-100 0 100 (mGl

Fig. II-28 : Changement de la quantité de mouvement moyenne Ap le long de I’axe de propagation
du laser en fonction du champ magnétique transverse. La courbe en trait plein relie les points
obtenus par intégration numérique des équations de Bloch optiques généralisées. Nous retrouvons
le changement minimal de Ap = 4/3kik en champ magnétique nul. La ligne en tirets donne
pour comparaison le changement de la quantité de mouvement qu’on calculerait & partir de la
force moyenne en régime stationnaire par une approche semi-classique Ap*® = f*°0;,,, avec 0;,¢ =
300C ! (voir IIA2). Un tel calcul ne prévoit pas le changement de Ap = 4/3%ik pour B = 0. D’autre
part la force en régime stationnaire f°¢ ne tient pas compte du changement de la vitesse (et donc
de l’effet Doppler) lors de 'interaction et Ap®° correspond a une excitation par laser résonante a
chaque instant. L’intégration numérique des équations de Bloch optiques généralisées tient compte
de la diminution de la force due a la sortie de résonance lorsque 1’effet Doppler kAv est de I’ordre
de la largeur naturelle I' de I’état excité (pour I’hélium kAv =T correspond a Ap ~ 19kk).
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CHAPITRE II

IIC - MISE EN EVIDENCE EXPERIMENTALE

Introduction

Dans cette partie nous décrivons la mise en évidence expérimentale de l'effet Hanle
mécanique sur la transition He*(23S;) — He(23P;) de I’hélium. Dans IIC1 nous décrivons
le montage expérimental comprenant le jet supersonique d’hélium métastable (décrit en
détail dans le chapitre I), le laser LNA & 1.083 um ainsi que la zone d’interaction entourée
de bobines de Helmholtz pour la compensation du champ magnétique. Dans la deuxiéme
partie (IIC2) nous montrons comment on peut, en choisissant une position adéquate pour le
détecteur, voir directement une courbe de résonance Hanle sur le signal d’atomes lorsqu’on
balaye le champ magnétique autour de zéro. Nous montrons ensuite comment cet effet
nous a permis de compenser avec une trés bonne précision le champ magnétique terrestre
suivant les trois axes Oz, Oy et Oz le long de la zone d’interaction de 40 mm; nous verrons

au chapitre III pourquoi cette compensation est trés importante.
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1) Description du montage expérimental

a) La source d’hélium métastable

Le jet supersonique d’hélium métastable a été décrit en détail dans le chapitre I. Nous
avons utilisé des électrons d’énergie E; = 27eV pour exciter les atomes provenant de la
source refroidie a ’azote liquide (Tp = 77K) et nous obtenons ainsi un jet de métastable

avec une vitesse longitudinale moyenne de 1270 m/s avec une dispersion de 10%:

vy = 1270 £ 120 m[s (IIC1 —-1)
avec une intensité sur axe de
I = 3.10%atomess ~'sr™? : (IIC1 - 2)
X A

Detecteur

Source I

He® Q ' I
|
|

|
!
}‘
Fig. II-29 : Mesure de la distribution angulaire du jet de métastables.
Le profil spatial N(z) est converti en profil de vitesse transverse N(v;) =

N(z = Lvg[v,).

b) Détection

Les atomes métastables sont détectés a 1.3 m de la zone d’interaction avec le laser, a
I’aide d’un multiplicateur d’électrons (voir paragraphe IC2). Le multiplicateur d’électrons
pourvu d’une fente verticale de largeur 0.25 mm est monté sur un rail horizontal et se
déplace parallélement a I’axe de propagation du laser a I'aide d’un moteur pas & pas (96

pas par mm avec une vitesse de balayage d’environ 0.1 mm/s). Nous mesurons ainsi un
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profil spatial transverse N(z) des atomes. Nous avons placé pour les expériences d’effet
Hanle mécanique une fente de 0.2 mm a ’entrée de la zone d’interaction, a L = 1.3 m du
détecteur. Nous avons vu en IC8 comment, connaissant la vitesse longitudinale v//le long
de ’axe Oz du jet, nous pouvons déduire du profil spatial N(z) la distribution des vitesses

transverses N (v )(fig. II-29):
N(vy)=N(z = L:—/l/-) (IIC1 — 3)

La résolution en vitesse transverse, limité dans notre cas par la largeur de fentes d’analyse,

est de ordre de 10 cm/s.

c) Le laser LNA [12]

Le laser utilisé pour nos expériences sur I’hélium métastable a été développé dans notre
laboratoire et utilise un cristal amplificateur appelé LNA (La;—;Nd;AlMg11D19). Nous
avons placé ce cristal dans une cavité en anneau (voir fig. II-30) et nous le pompons avec
la raie verte a 514.5 nm d’un laser a argon ionisé. Afin de rendre le laser monomode a la
longueur d’onde de la transition 235; — 23 Pj(A = 1.083um), nous introduisons plusieurs
éléments sélectifs dans la cavité. Une diode optique (composée d’une lame de verre param-
agnétique Hoya FR5 placée dans un champ magnétique et d’'une lame de quartz & pouvoir
rotatoire) favorise un des deux sens de rotation dans la cavité. On évite ainsi I’établissement
d’une onde stationnaire dans la cavité, responsable d’un fonctionnement bimode par effet
de "hole burning” spatial. Une premiére sélection en longueur d’onde est assurée par une
lame biréfringente (filtre de Lyot) et permet de favoriser la longueur d’onde de 1.083 um, en
dépit de I’existence d’un maximum plus important dans le spectre de fluorescence du LNA
a 1.05 pm. Deux Fabry-Perot (une lame de verre mince non traitée, d’intervalel spectral
libre de 330 GHz, et un Fabry-Perot & air, d’intervalle spectral libre de 50 GHz) permettent
ensuite de sélectionner un seul des modes longitudinaux (distants de 250 MHz) de la cavité
en anneau. La fréquence du laser est asservie sur une raie d’absorption saturée d’hélium

dans une cellule (& une pression de 0.1 torr).
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Nous pouvons déplacer la raie atomique de ’hélium dans la cellule en la plongeant
dans un champ magnétique. Ceci nous permet de changer la fréquence du laser de plusieurs
dizaines de MHz autour de la fréquence atomique non perturbée. Avec une puissance de
pompe de 3.5 W nous obtenons ainsi un laser monomode avec une puissance de 60 mW a
1.083 um balayable autour de la résonance de la transition 23S; — 22 P;. Cette puissance

est largement suffisante: rappelons que 'intensité de saturation de cette transition est de

Lot = %thaI: = 0.16 mW/cm? (IIC1 — 4)

d) Mise en forme du faisceau laser

Pour nos expériences d’effet Hanle mécanique nous avons éclairé le jet atomique par
une onde plane progressive perpendiculairement a ’axe du jet (fig. II—-32). Nous dilatons le

faisceau qui sort de la cavité laser pour obtenir un faisceau gaussien de taille Wp = 50 mm
I(z) = Ipe™2=" /WS (IIC1 - 5)

Ceci nous permet d’obtenir une intensité I(x) assez uniforme sur toute la longueur
d’interaction de 40 mm. Nous avons utilisé pour ces expériences une intensité I de

0.6mW/cm?. Ceci correspond a une fréquence de Rabi de

I

QL - r 2Isat

= 14T ,  (IC1-8)

pour un facteur d’intensité de 1. Pour les transitions 23 S; —23 P; dont les facteurs d’intensité
valent 1/2 (sauf pour la transition interdite my = 0 «— m, = 0) nous avons donc une

fréquence de:
Q=T



vers le détecteur

/bobines de
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Fig. II-32 : Schéma de 1’expérience "effet Hanle mécanique”. Le laser
éclaire le jet atomique perpendiculairement i son axe dans une zone
d’interaction longue de 40 mm au milieu de trois bobines de compensa-

tion. Le détecteur mobile est placé & 1.3 m de la zone d’interaction.
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Fig. II-33 : Les trois transitions 235; — 23 Py 12 de I’hélium métastable.
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La polarisation de I’onde laser est réglée a I’aide d’une lame A/2 et d’un cube polariseur,
suivis d’une lame A/4 d’orientation réglable. Ce dispositif nous permet d’obtenir toute
polarisation (linéaire, circulaire ou elliptique) voulue au niveau de la zone d’interaction
[12]. Pour les expériences d’effet Hanle mécanique nous avons utilisé soit une polarisation

o™ soit une polarisation linéaire au niveau de la zone d’interaction.

e) La transition atomique utilisée

Avec notre laser 4 1.083 ym nous pouvons utiliser I'une des transitions 235; vers 23 P;
avec J=0,1 ou 2 (voir fig. II-33). Pour faire des expériences d’effet Hanle mécanique,
nous devons choisir une transition qui présente un niveau piége dans 1’état fondamental,
ce qui élimine le choix de la transition vers 23 P,. Par ailleurs les expériences d’effet Hanle
mécanique ont été mises en oeuvre pour compenser le champ magnétique afin de pouvoir
réaliser les expériences de ”résonances noires” (chapitre III). Comme nous avons utilisé la
transition 235] — 23 Py pour ces expériences de "résonances noires”, nous avons aussi choisi

cette transition pour ’effet Hanle mécanique.

f) Bobines de compensation de champ magnétique

Pour compenser le champ magnétique dans la zone d’interaction, nous utilisons trois
paires de bobines suivant les axes Oz, Oy etOz. Le champ magnétique créé par deux bobines
rectangulaires (de c6té Ly et L, ) distantes de d et parcouru par un courant I dans le méme

sens dans chacune des bobines est donné par

T JETRILE\ P E+ L

La composante verticale de champ magnétique est compensée a ’aide de deux bobines

carrées de c6té L; = L, = 660 mm, distantes de d = 415 mm avec chacune 100 enroule-
ments, ce qui donne:

Byert = 2.2 gaussfampére (IIC1 — 8a)

Pour la direction le long de ’axe du jet atomique, nous avons pris deux bobines carrées de

coté Ly = L = 1320 mm, distantes de d = 750 mm avec 75 enroulements chacune:

Byjjee = 0.9 gauss/ampére ' (IIC1 - 8b)
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Pour des raisons d’encombrement la compensation le long de I’axe de propagation du laser
est assurée par deux bobines rectangulaires de c6té L; = 480 mm, L, = 350 mm distantes

de d = 260 mm avec 100 enroulements par bobine:
B/ /laser = 3.2 gauss/ampére (IIC1 — 8c¢)

Pour évaluer I’homogénéité du champ magnétique créé par deux bobines carrées de c6té L,
distantes de d le long de 'axe Oz, nous développons ’expression du champ magnétique

autour du centre entre les deux bobines en utilisant la symétrie zy et
divB =0 (IIC1 — 9a)

rotB =0 (IIC1 — 9b)

Au deuxiéme ordre on obtient:

B 0 __% Tz
—=[0)+a|-%]|+c yz (IIC1 - 10)
Bo 1 2 xz-;-yz _ 22

ou By est la valeur du champ magnétique au centre des deux bobines qu’on calcule par
I’équation (IIC1—7); ¢1 et ¢, sont deux coeflicients qui restent a déterminer. Il est par

ailleurs possible de calculer le champ magnétique sur I’axe (z = y = 0):

B,(z,z=y=0)=’;L7rI.L2{f(t:%-z)+f(t=g+z)} (IIC1 — 11)

avec:

1
fe) = (% + L2/4) /2 + L7/2

Pour trouver les coefficients c; et c; il faut développer B,(z,z = y = 0) & I'ordre deux en

z ; pour des raisons de symétrie on a:
=0 (IIC1 - 12)
Nous pouvons ensuite évaluer ¢, par

c2 = (B.(0) — B,(2))/ (:*.B.(0)) (IIC1 - 13)
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pour z < d, L. Apres un développement limité a ’ordre deux en 2, nous trouvons:

_, 1 2
e=UgniTat a2
& 3/8.d°

_ —— -} (IIC1 — 14)
(d2/4+ L2/4)®  (d2/4+ L2/2)

Pour L = 660 mm et d = 415 mm on obtient donc
c2 ~ 2.3 107% /mm? (IIC1 — 15)

D’aprés cette évolution, nous pouvons appliquer avec nos bobines un champ magnétique
dans la zone d’interaction qui est uniforme & mieux que 1073 sur toute la longueur
d’interaction (£ 20 mm). Comme nous devons ainsi compenser le champ magnétique
terrestre qui est de l’ordre de 400 mgauss, nous pouvons obtenir un champ magnétique

uniforme a 0.4 mgauss pres.

2) Résultats expérimentaux

Nous présentons dans cette partie les différentes étapes qui nous ont permis de com-
penser le champ magnétique le long de la zone d’interaction de 40 mm avec une précision

de 1 mgauss pour obtenir un champ résiduel d’écart type inférieur a 10 mgauss.

a) Observation directe de leffet Hanle mécanique

Afin d’observer une résonance d’effet Hanle mécanique, nous plagons dans un premier
temps le détecteur a une position fixe pour laquelle le signal de détection augmente lorsque
la force subie par les atomes augmente et que les atomes sont donc plus poussés (fig. I1-34).
Nous trouvons une telle position du détecteur en éclairant le jet atomique avec le laser po-
larisé 0%, d’une intensité correspondante & une fréquence de Rabi 2, = I sur la transition
23S, — 23 P, et en appliquant volontairement un champ magnétique transverse de P’ordre
de 0.4 gauss. A cause du couplage magnétique les atomes interagissent constamment avec
le laser et sont déviés tout au long de la zone d’interaction de 40 mm. Nous déplagons
alors le détecteur sur le flanc le plus défléchi du profil d’atomes et nous changeons ensuite

le champ magnétique en observant le signal sur le détecteur immobile.
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A Nombre
d'atomes

avec laser

et 8=-0

avec laser

B£O

T

position du
detecteur

Fig. II-34 : Pour une position convenable du détecteur, le signal détecté
diminue lorsque les atomes sont moins défléchis par le laser. Un tel signal

permet d’observer directement la résonance Hanle autour de B=0.

La figure II-35 montre le signal détecté & une telle position du détecteur lorsque nous
balayons le champ magnétique perpendiculaire a I’axe de propagation du laser autour de
zéro. Nous voyons que lorsque ce champ passe par zéro, le signal d’atomes diminue forte-
ment. Ceci correspond au fait que la force subie par les atomes diminue et que les atomes
sont moins déviés vers le détecteur. Le signal observé en fonction du champ magnétique
sur la figure II-35 est qualitativement celui prévu pour la force moyenne semi-classique
agissant sur les atomes en régime stationnaire (voir paragraphe IIA) et cette observation
directe de I’effet Hanle mécanique permet de compenser rapidement le champ magnétique
terrestre. Toutefois le signal que nous observons n’est pas directement proportionnel a
la force moyenne agissant sur les atomes, méme en supposant qu’on ait atteint le régime
stationnaire pour les degrés de liberté internes. En effet les fluctuations lors de 1’échange
d’impulsion entre atomes et photons sont a 1’origine d’un élargissement de la distribution

des vitesses des atomes. Il faut alors tenir compte de ce processus dans I’interprétation du
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Fig. II-35 : Résultat expérimental de 1’observation ”directe” de 1’effet Hanle mécanique. Le champ
magnétique le long de ’axe du jet d’hélium métastable est balayé entre —2.7 et +2.7 gauss. Le laser
polarisé circulairement se propageant perpendiculairement 3 1’axe du jet est & résonance §;, = 0, la
fréquence de Rabi du couplage atome-laser est de Q2 ~ 0.5T', temps d’interaction 6;,¢ ~ 300I' 1.
La demi-largeur a mi-hauteur de la résonance Hanle est ici de 100 mgauss (§Qp =~ 0.25T).
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des vitesses transverses a t = 0:

2
N(v_L,t=0)=Noexp{—%} (IIC2 -1)
0

ou oy est la largeur initiale de cette distribution. Sous I’effet d’une force moyenne f agissant
perpendiculairement au jet d’atomes, la vitesse transverse moyenne v évolue linéairement

avec le temps:

51 = ft/M (1IIC2 — 2)

En supposant qu’on puisse représenter ’élargissement de la distribution des vitesses par
pp q P P g1 P

un coeflicient de diffusion tel que:
o? = o2 + M Dt, (IIC2 - 3)

nous voybns que la distribution des vitesses transverses a l'instant ¢ est donnée par:

N(vy,t) =‘Noezp{——ét(tg—:_]\]—{l'%)t-5} (IIC2 — 4)

Le signal 7 que nous observons pour une position fixe z; du détecteur et un temps
d’interaction Tj,; donné dépend du nombre d’atomes ayant une vitesse transverse v, telle
que:

vy = zl”—;f (IIC2 — 5)

ol L est la distance entre la zone d’interaction et le détecteur et v;, la vitesse longitudinale

des atomes :

T« N(vy = :cl.%,T.-nt) (IIC2 — 6)
Le signal détecté dépend donc non seulement de la force moyenne f, mais aussi du coefficient
de diffusion D et de la largeur initiale o9 de la distribution des vitesses. Il est donc
difficile de comparer quantitativement ce signal au calcul de la force moyenne. Notons
aussi I'importance de la position du détecteur. Si celui-ci est placé trop prés de I’axe du jet
initial, une retombée du signal a fort champ magnétique peut correspondre a une situation
ou la force est tellement grande que tous les atomes sont déviés plus loin que le détecteur.
En effet si la force est telle que:

ft/M > vy = zL% IIC2 - 7)



nous voyons d’apres (IIC2—4) que le signal N(vy,t)diminue lorsque f augmente davan-
tage. Il faut donc étre prudent sur l'interprétation de la forme exacte de ce signal. En
revanche cette méthode d’observation de l’effet Hanle, bien que assez qualitative, s’est
avérée extrémement utile pour trouver rapidement les valeurs du courant dans les bobines

qui optimisent la compensation du champ magnétique le long de la zone d’interaction.

b) Etude de la vitesse transverse moyenne

Une étude plus précise consiste a enregistrer pour chaque valeur du courant dans les
bobines de compensation un profil entier de la distribution spatiale des atomes. Nous
pouvons alors calculer la moyenne des vitesses transverses Av("? que nous obtenons apres
Pinteraction avec le laser pour différentes valeurs du champ magnétique. Les valeurs ex-
périmentales ainsi obtenues peuvent étre confrontées aux résultats théoriques. La figure
II-36 compare les points expérimentaux et théoriques pour une fréquence de Rabi du cou-
plage atome-laser égale & Q; = I' et un temps d’interaction de T, = 31us = 310I' !
ce qui correspond a une longueur d’interaction de 40 mm pour une vitesse longitudinale
de 1300 m/s. Nous constatons que les valeurs expérimentales sont en bon accord avec les

valeurs théoriques du calcul quantique.

La ligne horizontale en trait plein indique la vitesse transverse moyenne en absence
du laser (prise comme origine des vitesses transverses). En pointillé nous avons représenté
une vitesse transverse de 1.33hk/M, qui correspond au changement de vitesse transverse
minimal pendant le pompage optique initial en partant d’un mélange statistique d’atomes
dans les trois sous-niveaux Zeeman de 1’état fondamental. Nous voyons que nous pouvons
régler les courants dans les bobines de fagon a obtenir un changement de la vitesse transverse
moyenne ne dépassant pas la valeur minimale Avy, = 1.33%k/M (& lincertitude dv =
0.5hk/M de la valeur expérimentale prés). Nous verrons dans le prochain paragraphe
(IIC2¢) comment on peut, aprés avoir pris quelques précautions, en déduire des informations

sur la compensation du champ magnétique le long de la zone d’interaction atomes-laser.

Avant de passer a 1’évaluation de la compensation du champ magnétique que nous
avons pu obtenir par ’effet Hanle mécanique, notons que la demi-largeur 4 mi-hauteur du

creux de Av(*? autour de B = 0 est de

6 B°™P = 48mgauss + 2mgauss. (IIC2 — 8)
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Fig. II-36 : Changement de la quantité de mouvement moyenne des
atomes par effet Hanle mécanique. Fréquence de Rabi du couplage
atome-laser ; = I';désaccord 61 =~ 0; longueur d’interaction 40 mm
(temps d’interaction 310I'~!). Un ajustement par une gaussienne des
points expérimentaux (croix, précision sur la mesure de Ap : hk/2)
donne une précision sur le centre de la courbe de + 0.8 mgauss. La
demi-largeur & mi-hauteur est de 48 £ 2 mgauss. La courbe en trait
plein rappelle les résultats de I'intégration numérique des équations de
Bloch optiques généralisées (voir fig. II-28) obtenu pour cette situation.
En pointillé nous indiquons le changement .de quantité de mouvement
déduit du calcul semi-classique.
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Cette valeur de §B¢*P est en excellent accord avec le calcul quantique (IIB). La demi-
largeur §B,. obtenue par le calcul semi-classique a I’état stationnaire pour une excitation

résonnante (voir IIA2) avec 2, =T est de:
6B, = 6% /v/2v ~ 100mgauss (IIC2 -9)

qui différe de la valeur 6B obtenue a partir de l'intégration numérique des équations de
Bloch optiques généralisées. Ces valeurs sont de toute fagon nettement supérieures a la

limite §B"™ donnée par le temps d’interaction fini et qui vaut avec Tjp¢ = 31pus = 310!

; r 1
I'm — — — —
§BS" = 310° Vo, = 1lmgauss (IIC2 - 10)

La largeur de la résonance Hanle que nous avons observée est due en grande partie a
I’élargissement de 1’état fondamental par interaction avec le laser. Si P’on veut se rap-
procher de cette limite §B"*™ il faudrait diminuer D'intensité du laser ce qui atténue cepen-
dant aussi la valeur maximale de la force et rend I'observation de l’effet Hanle mécanique

plus difficile.

c) Compensation du champ magnétique suivant les trois axes

Il faut faire attention a ne pas tirer trop vite des conclusions sur le champ magnétique
lorsque le changement de vitesse moyenne est réduit & 1.33%k/M; une telle situation peut
aussi apparaitre, méme Vsi le champ magnétique n’est pas nul. En effet supposons qu’on
ait un champ directeur le long de l’axe de quantification Oz.Un tel champ produit un
déplacement des niveaux d’énergie AE = hAw,, par effet Zeeman. Si I'écart en énergie
des différents niveaux devient plus important que le couplage Vp = hwp induit par le champ
magnétique transverse entre ces niveaux, alors les différents sous-niveaux Zeeman de ’état
fondamental ne peuvent plus étre remélangés par le champ magnétique. Autrement dit
le moment cinétique de ’atome qui précesse autour du champ magnétique total, dirigé
essentiellement le long de ’axe Oz, ne peut pas inverser sa projection sur I’axe Oz (fig.
II-37). Avec la polarisation circulaire o+ du laser se propageant suivant 'axe Oz, on ne
peut donc pas compenser le champ magnétique suivant Oz et Oy en dessous de la valeur
du champ le long O=.

Dans certaines expériences, on veut seulement empécher le mélange des différents sous-

niveaux Zeeman et il suffit alors de compenser le champ transverse mieux que le champ
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B,

Fig. I1-37 : Précession du moment cinétique J de ’atome autour du

champ magnétique total.

longitudinal. Il est alors en fait plus facile d’imposer un champ longitudinal ”directeur”
élevé.

Pour compenser le champ magnétique terrestre suivant les trois axes Ox, Oy et Oz
on peut procéder de plusieurs facons. La premiere méthode consiste & étudier la largeur
du creux de la courbe d’effet Hanle mécanique lorsqu’on balaye le champ magnétique B,
suivant Oy. Si le champ magnétique B, suivant Oz par exemple est non nul, il est clair
qu’un champ magnétique B, plus faible que ce champ B, ne suffit plus pour remélanger les
sous-niveazux Zeeman de I’atome dans I’état fondamental. Le signal observé ne change donc
plus dés que By est plus petit que B,. Par conséquent le creux de la courbe d’effet Hanle
mécanique (voir figure II36) est plus large lorsque les composantes du champ magétique
swivant Ox et Oz sont non nulles. 11 est ainsi possible de compenser le champ magnétique
terrestre suivant les trois axes en étudiant la largeur de la résonance Hanle lorsqu’on balaye
le champ B, et en procédant par itérations successives. Une-autre méthode plus précise
consiste a tirer profit de la remarque que nous avons faite en (IIA—4) sur la polarisation du
laser. En utilisant un laser polarisé linéairement (suivant Oy par exemple) se propageant
toujours suivant le méme axe Oz, nous pouvons observer sur la transition J =1 — J =1

de I’hélium métastable, un effet Hanle mécanique pour un balayage du champ magnétique
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dans la direction Oz. Ceci nous permet donc d’annuler le champ magnétique le long de
I'axe de propagation du laser (fig. II-38).La compensation du champ magnétique se fait
donc par itération. Avec une polarisation circulaire o+ nous compensons le champ suivant
Oz et Oy a B, prés (B, étant la valeur du champ suivant Oz). Ensuite nous prenons une
polarisation linéaire pour le laser (paralléle & Oy par exemple) et nous compensons alors le
champ B, 3 mieux que B,.Nous retournons alors & une polarisation circulaire o et ainsi
de suite.

Quelle est alors la limite pour la compensation du champ magnétique par effet Hanle
mécanique? Pour répondre a cette question il faut distinguer différentes composantes
du champ magnétique auxquelles est sensible cette méthode. Etudions par exemple le
champ magnétique suivant 1’axe Oy,dans la configuration d’un laser polarisé circulaire ot
se propageant le long de Oz perpendiculairement a ’axe Oz du jet atomique et négligeons

les composantes du champ magnétique suivant Ox et Oz.

Dans toute la partie théorique de ce chapitre nous avons étudié ’effet Hanle mécanique
pour des champs magnétiques uniformes. Nous avons vu qu’on peut obtenir une résonance
Hanle tres étroite lorsqu’on fait varier la composante transverse d’un tel champ magné-
tique uniforme autour de zéro, la largeur de la résonance dépendant surtout du couplage
atome-laser (intensité du laser, temps d’interaction voir IIA1). Mais I’effet Hanle n’est pas
seulement sensible & la valeur moyenne du champ magnétique B,.Supposons qu’on ait un
gradient de champ magnétique B,

By(z) = ax (IIC2 - 11)

telle que la valeur moyenne de By(z)le long de la zone d’interaction soit nulle.Les atomes
qui traversent la zone d’interaction voient un champ local non nul et leurs sous-niveaux
Zeeman sont mélangés en tout point (sauf au point ou la valeur du champ passe par zéro).
Les atomes peuvent donc absorber des photons tout au long de la zone d’interaction. Donc
meéme si la valeur moyenne du champ magnétique est nulle, les atomes peuvent subir une
force de la part du laser. Plus généralement considérons un champ magnétique qui présente
des fluctuations spatiales ou temporelles autour d’une valeur moyenne nulle. Les atomes
qui initialement seraient dans le sous-niveau Zeeman m = +1 non couplé au laser peuvent
précesser vers les sous-niveaux Zeeman couplé au laser et alors absorber des photons a

condition que 'amplitude de la fluctuation et le temps pendant lequel les atomes voient
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Effet Hanle mécanique

polarisation linéaire -

-300 -200 -100 0 100 200

Fig. II-38 : Résultat expérimental de 1’observation "directe” de l'effet
Hanle mécanique avec un laser polarisé linéairement suivant la verticale,
perpendiculaire a I’axe du jet. Le champ magnétique le long de I’axe
de propagation du laser est balayé entre -340 et +340 mgauss (Q, =
0.7 1,6 = 0,8in¢ = 310I'"1).

cette perturbation soient assez grande.

300 mgauss

Nous voyons donc que l'effet Hanle mécanique n’est pas uniquement sensible & des

composantes uniformes du champ magnétique. Or nous avons sur notre montage expér-

imental utilisé seulement des bobines de compensation avec lesquelles nous avons ajouté
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des champs magnétiques uniformes le long de la zone d’interaction. Cela veut dire que si
le champ magnétique intervenant dans ’effet Hanle mécanique est la somme d’une com-

posante moyenne By et de composantes variables dont 1’effet serait équivalent & un champ
AB:

B =B, +AB, (IIC2 — 12)

alors nous pouvons compenser le champ magnétique au mieux & AB pres.

Revenons a la figure II-36 montrant la vitesse transverse moyenne en fonction du
champ magnétique continu appliqué. La largeur de cette courbe est de 48 mgauss. Mais
nous pouvons det’erminer le centre de la courbe & 1 mgauss pres, limite due a la précision
des points expérimentaux de la courbe. Ceci veut dire que nous pouvons savoir avec une

précision ABpyec:

ABy,ec = lmgauss (IIC2 - 13)

quelle est la valeur optimale du champ magnétique a appliquer pour compenser au mieux
le champ magnétique le long de la zone d’interaction de 40 mm.Le fait de savoir avec
une précision de 1 mgauss quand nous avons réalisé la meilleure compensation du champ
magnétique ne nous permet cependant pas de connaitre la valeur du champ magnétique
résiduel correspondant & cette compensation optimale. Nous pouvons toutefois majorer
ce champ résiduel AB,., en analysant le changement de vitesse transverse moyenne &
I'optimum de compensation. Comme nous avons compensé le champ suivant les trois axes
de I’espace (en changeant la polarisation du laser) nous pouvons supposer que le champ
résiduel est du méme ordre de grandeur suivant Oz,Qy et Oz. Nous avons vu que si ce
champ résiduel était rigoureusement nul, le changement de vitesse transverse correspondant

serait de:

A'vrn.in = o5y (IICZ — 14)

Sur notre courbe expérimentale nous avons effectivement un changement de vitesse
transverse moyenne de Avpmin lorsque nous avons atteint 'optimum de compensation.

L’incertitude év sur une mesure individuelle de changement de vitesse transverse moyen
est de 'ordre de:

RIF

(IIC2 — 15)

N

dv =
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mais en utilisant un ajustement quadratique pour les points prés de B = 0, nous pouvons

majorer le changement minimal Av,,, par:

1hkk
Avopt < Amin + 5—]\7 (1102 - 16)

Un tel changement de vitesse transverse serait également obtenu par un champ magnétique

transverse uniforme de 5 mgauss.

Nous pouvons donc majorer le champ magnétique résiduel (composantes uniformes,

gradients, fluctuations) par:

AB,., = Smgauss (IIC2 - 17)

Notons que cette valeur est donné par exceés, a cause de l'incertitude sur nos points ex-
périmentaux et ne donne par conséquent qu’une limite supérieure du champ magnétique

résiduel sur notre montage expérimental.

3) Conclusion

Nous avons montré dans cette partie que ’effet Hanle mécanique est tres sensible au
champ magnétique et nous a permis de contrdler la compensation du champ magnétique
terrestre avec une précision de 1 mgauss. Le champ magnétique résiduel (y compris des gra-
dients et des fluctuations) le long de la trajectoire des atomes dans ’onde laser est inférieur
a 5 mgauss. Cette majoration est due dans nos expériences a l'incertitude de la valeur
moyenne de la vitesse des atomes le long de I’axe de propagation du laser. On pourrait
diminuer cette imprécision des mesures en enregistrant non pas un seul profil de la distribu-
tion des atomes, mais en moyennant plusieurs profils afin d’augmenter le rapport signal sur
bruit. Développée initialement dans la perspective des expériences de ”résonances noires”,
cette méthode s’est avérée indispensable pour des expériences ultérieures. En particulier le
développement de la théorie du refroidissement laser depuis 1988 nous a amené a réaliser
des expériences de ”refroidissement magnétique” [13]. Ces expériences sont trés sensibles
au champ magnétique, aussi bien le long de I’axe de propagation du laser que suivant les

directions perpendiculaires & cet axe. Ce n’est qu’en utilisant 1’effet Hanle mécanique que
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nous avons pu avoir un contrdle assez précis du champ magnétique pour voir 'apparition
et pour comprendre le comportement de ce nouveau mécanisme de refroidissement. Con-
trairement aux expériences de “résonances noires” pour lesquelles nous avons voulu annuler
le mieux possible le champ magnétique et ou nous avons rajouté un blindage en p-métal
dans la zone compensée, les expériences de "refroidissement magnétiques” nécessitent un

champ magnétique non nul bien controlé.

Les résultats expérimentaux que nous avons présentés dans cette partie justifient le
double calcul théorique des parties IIA et IIB. En effet le calcul semi-classique a pu rendre
compte qualitativement du comportement de la résonance Hanle. La méthode de détection
que nous avons utilisée, sensible aux cycles de fluorescence individuels, a rendu nécessaire

une interprétation par le calcul tout quantique.
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CHAPITRE II

IID - PIEGE PAR EFFET HANLE MECANIQUE

Nous avons envisagé jusqu’a présent le cas d'un champ magnétique uniforme et le but
de P'utilisation de ’effet Hanle mécanique était la compensation du champ magnétique.
Mais que se passe-t-il si nous appliquons un important gradient de champ magnétique dans
la zone d’interaction ? La trés grande sensiBilité de la force subie par les atomes en fonction

du champ magnétique fera apparaitre des nouveaux effets spatiaux.

Considérons par exemple une onde laser plane polarisée circulaire se propageant le
long de I’axe Oz et un champ magnétique suivant ’axe Oy avec un gradient a suivant Oz
tel que:

B = aze, (IIb - 1)

La force moyenne a l’état stationnaire subie par les atomes dépendra donc de la position
le long de I'axe Oz (fig. 1I-39a):

feam = fErm(B(z))e. (IID - 2)
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Fig. II-39 : a) Force moyenne fpgas subie par les atomes en régime stationnaire en fonction de la

position. Le champ magnétique varie en fonction de la position (gradient de1 gauss/cm, rapport

gyromagnétique v = 2.8M Hz[gauss) et la force est celle obtenue dans la partie IIA pour effet

Hanle mécanique. ( =TI, §; = —5T, transition J = 1/2 — J = 1/2). La ligne en tirets indique
une force indépendante de la position f, = 900 Mg = 0.01%kiT.
b) La différence entre fempr et f. présente quatre points d’équilibre dont deux (zp et zp) sont des

~ points d’équilibre stables.
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Si maintenant nous appliquons aux atomes une force constante f, (par un champ électrique

dans le cas d’ions par exemple) en sens inverse de fp gy et indépendant de z :
f. = —fce., (IID - 3)
alors la force totale subie par les atomes est de (fig. II-39b):

ftot = (fEHM(B(Z)) - fc) €e; = ftotez (II - D4)

Nous voyons sur la figure (II-39b) que cette force f change plusieurs fois de signe. Chaque
point pour lequel la force s’annule correspond a un point d’équilibre pour les atomes. En
effet un atome en z4, 2z, 2¢c ou zp ne subit pas de force. Cependant seuls deux de ces
points correspondent & des positions d’équilibre stable. Lorsqu’un atome initialement en
zp(ou zp) se déplace vers les z positifs, il verra une force f,: négative qui le rameéne
vers sa position d’équilibre. S’il se déplace vers les z négatifs & partir de zp (ou zp) la
force fio¢ est positive et ’'atome revient vers la position d’équilibre stable. Les deux autres
points d’équilibre (z4 et z¢) sont des points d’équilibre instables : un atome qui se déplace
légerement d’une telle position, sera écarté de plus en plus de son point de départ instable.

La force représentée sur la figure II—-39b amene donc tous les atomes initialement dans
la plage de capture Cg = [z4, z.] vers le pq'nt d’équilibre stable zp et les atomes avec des
positions initiales & droite de z.(Cp =]z.,+oo[)vers le point d’équilibre stable zp.Nous
avons donc ainsi une force de rappel vers une position d’équilibre stable pour une certaine
plage de capture spatiale. Si I’on voulait réaliser ainsi un piége (que nous appelons "piége
Hanle”), il faut considérer non seulement la plage de capture spatiale mais aussi la plage
de capture des vitesses. En effet si un atome entre dans la zone de capture spatiale du
piege avec une vitesse trop élevée, il peut éventuellement avoir traversé le piege avant que
la force de rappel n’ait eu le temps de le décélérer et de ’arréter & un point d’équilibre

stable.
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Fig. II-40 : Trajectoires dans 1’espace des phases (vitesse, position) des
atomes soumis a la force de la figure II-39b. On reconnait les deux
points d’équilibre stables (zp et zp) verslesquels sont attirés les atomes

ayant des conditions initiales appropriées.
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Sur la figure 1II—40 nous montrons les trajectoires des atomes dans ’espace des phases
(position, vitesse le long de Oz) pour différentes conditions initiales. En prenant un modele
d’une transition J = 1/2 — J = 1/2 et pour un champ magnétique de 100 gauss/m, une
intensité laser correspondant & une fréquence de Rabi Q1 = I';jun désaccord § = wp —wy =

—5T" et une force constante f. telle que:
fe/M = 0.01REkT /M

la plage de capture spatiale pour le point d’équilibre stable prés de ’origine (ou B = 0)
va de z = —40mm a z = +1mm et la plage de capture des vitesses va de v, = —15m/s &
vy = +15m/s(M=4 u.m.a. pour He*).

Notons que la force de ’effet Hanle mécanique qui varie trés vite autour d’un champ
magnétique nul est aussi trés sensible & toute variation des paramétres du laser (intensité,
désaccord). Ajoutons par exemple non pas une force constante & une force par effet Hanle,
mais les forces d’effet Hanle mécanique de deux ondes planes polarisées circulaires positives,
se propageant en sens opposé. Nous négligeons ici tout effet de cohérence qui pourrait
apparaitre par la présence simultanée des deux lasers (ces effets sont par exemple & ’origine
du processus de refroidissement magnétique [13]).0On peut par exemple supposer que les
deux ondes ne sont pas présentes au méme moment, mais qu’on alterne temporellement
les deux ondes. Si ’on choisit la période telle que les degrés de liberté internes des atomes
atteignent un état d’équilibre pendant chadue phase de cette séquence et que la vitesse des
atomes ne change que de trés peu pendant une seule de ces phases, on peut effectivement
ajouter indépendemment les forces subies par les atomes de la part de chaque laser. Nous
avons calculé qu’avec une différence de puissance de quelques pourcents entre les deux

ondes laser on peut ainsi obtenir une force de rappel f, allant jusqu’a:

» ~ 0.0LAKT. (IID - 5)
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Fig. II-41 : a) Somme des forces d’effet Hanle mécanique de deux ondes se propageant en sens
opposé. Le seul point d’équilibre stable est z..
b) Trajectoires dans I’espace des phases d’atomes soumis i la force de la figure II-41a.

vitesse [m/s]

position
! [mm]

-




235

'La figure II—41 montre la somme des forces d’effet Hanle mécanique de I’'onde 1 se propageant

suivant +0z: ‘
flli'HM = fl(B)ez (1ID — 6)

pour un désaccord §! = —2I" et une fréquence de Rabi 2] =T et de la force de la part de

I’onde 2 se propageant vers —Oz:
f2 = —f*(B)e. (IID - 7)
pour 62 = §! = —2l'et? = 2I". La force totale:
=1 4+£ = (f(B) - F1(B)) e (1D - 8)

présente donc aussi la caractéristique nécessaire pour obtenir une position d’équilibre sta-
ble pour les atomes. De tels effets pourraient éventuellement intervenir dans certaines
expériences de piége magnéto-optique [14]. Notons que la présence d’un état fondamental
dégénéré avec un sous-niveau Zeeman non couplé a la lumiére est un ingrédient essentiel
pour leffet Hanle mécanique. D’autre part une étude plus détaillée des phénomenes dans
une configuration de deux ondes laser présentes simultanément, se propageant en sens op-
posé avec des intensités différentes, doit tenir compte des cohérences qui sont par exemple
a l'origine du ”refroidissement magnétique”.

Nous venons donc de voir que I’extréme sensibilité de la force subie par les atomes
en fonction du champ magnétique peut faire apparaitre des phénomeénes nouveaux. L’effet
Hanle mécanique permettra ainsi peut-étre de mieux comprendre certains comportements
d’atomes dans des piéges magnéto-optiques. On peut aussi envisager de tirer profit de
ces effets pour réaliser un nouveau type de piége magnéto-optique ou pour comprimer

transversalement un jet atomique [15].
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CHAPITRE II1

RESONANCES NOIRES SELECTIVES EN VITESSE

(Piégeage cohérent de population sélectif en vitesse)
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CHAPITRE II1

INTRODUCTION

Le refroidissement d’atomes par laser permet d’obtenir des températures de plus en
plus basses. La température cinétique a trois dimensions la plus basse jusqu’a ce jour est de
2.5 K dans une mélasse a gradient de polarisation (obtenue par le groupe & 1’Ecole Normale
Supérieure avec des atomes de césium [1]). Ceci correspond a une énergie de seulement
13 fois I’énergie de recul E, due a I’absorption ou ’émission d'un seul photon (E, =

r;zA’f; = 0.2 pK pour Cs). Cette énergie de recul constitue une frontiére importante dans le

refroidissement par laser. En effet considérons un atome en interaction avec des faisceaux
laser provoquant un refroidissement. L’émission spontanée, & V’origine de la dissipation
nécessaire au refroidissement, introduit un recul aléatoire vg des atomes a chaque cycle de

fluorescence ce qui fait passer un atome excité de vitesse v; a la vitesse vy
Vf=Vi+ VR

avec vg = hk/M, ou k = 27/ est le vecteur d’onde du photon spontané, de direction
aléatoire, et M la masse de I’atome.

Avec une probabilité égale pour avoir une émission spontanée dans deux directions op-
posées, la moyenne sur les émissions spontanées de plusieurs atomes excités de méme vitesse
initiale v; donne:

(vy) = {vi)
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et
(vi) = (vi) + (vk)-

D’aprés les arguments précédents ’énergie cinétique finale Ef ne peut étre inférieure a
Ep = 1/2mv} = B2 k2 /2M.

Pourtant le processus de “résonances noires sélectives en vitesse” que nous avons ima-
giné et mis en évidence expérimentalement a I’Ecole Normale Supérieure permet d’obtenir
une compression de la distribution des vitesses jusqu’a une largeur inférieure au recul d’un
seul photon v, = hik/M. Ce processus, encore appelé "piégeage cohérent de population
sélectif en vitesse”, est en fait basé sur des principes entiérement différents des autres pro-
cessus de refroidissement. En effet, notre mécanisme ne présente pas de force de friction.
L’idée de base est qu'il existe des états atomiques qui, pour une vitesse v = 0, ne sont pas
couplés a ’état excité par les lasers. Les atomes dans tous les autres états interagissent
avec les lasers et subissent ainsi, par le recul aléatoire lors de I’émission spontanée, une
marche au hasard dans I'espace des vitesses. Cette diffusion peut amener les atomes dans
la classe de vitesse v = 0 ou ils sont susceptibles d’étre piégés dans un état dans lequel
ils cessent d’interagir avec les lasers. Nous pouvons ainsi accumuler les atomes dans une
classe de vitesse trés étroite et réaliser ainsi une compression de la distribution des atomes
dans ’espace des vitesses.

Dans la premiére partie (IIIA) de ce chapitre nous donnons les principes de base
pour pouvoir comprendre les “résonances noires sélectives en vitesse”. Nous considérons
dans cette partie des cas particuliers permettant de bien dégager les idées physiques de
Peffet (une étude détaillée est présentée dans la partie IIIC). Nous commencgons par une
approche semi-classique, oii la position de ’atome n’est pas quantifié, et nous montrons
que nous aboutissons & une situation dans laquelle la vitesse des atomes est inférieure a
kk/M, ce qui, en vertu des relations d’incertitude de Heisenberg, correspondrait a une
extension spatiale Ar des atomes plus grande que la longueur d’onde optique A. Nous ne
pouvons alors plus considérer que le paquet d’onde atomique est petit devant A, ce qui
rend caduque ’approche semi-classique. Nous devons donc quantifier les degrés de liberté
externes des atomes. Nous retrouvons alors un traitement proche de celui que nous avons
présenté pour I’étude du régime transitoire de l’effet Hanle mécanique en IIB, basé sur les

familles fermées d’états couplés par les lasers. La deuxieme partie de ce paragraphe IIIA
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reprend le processus ci-dessus en tenant compte de la quantification des degrés de liberté
externes. Un résultat remarquable est la prévision de ’apparition de deux pics étroits dans

la distribution des quantités de mouvement autour de pZ, = +hk.

La mise en évidence expérimentale est présentée dans la partie IIIB. Nous montrons
comment nous avons pu obtenir & une dimension une distribution des vitesses avec des
pics de demi-largeur & exp(—1/2) de 6 cm/s, ce qui, converti en unités de température,
correspond a 2 uK, deux fois plus faible que I’énergie de recul pour I’hélium métastable

2k2

(Tr = Ir:lkg = 4uK).

Une analyse détaillée, aussi bien théorique qu’expérimentale, des résonances noires
sélectives en vitesse est exposée dans la partie IIIC. Nous montrons comment on peut
utiliser la notion des familles fermées d’états couplés par la lumiére (analogues aux familles
F(p) introduites lors de I’étude de 1’évolution temporelles de I’effet Hanle mécanique) pour
traiter correctement l'interaction atome-laser avec une quantification des degrés de liberté
internes et externes des atomes. Nous montrerons comment établir les équations de Bloch
optiques généralisées qui déterminent 1’évolution de la matrice densité des atomes. Une
intégration numérique de ces équations nous permet ensuite d’étudier quantitativement
Pefficacité de ce processus de refroidissement en fonction des différents paramétres tels que
temps d’interaction, intensité, désaccord ou polarisation des laser. Un résultat remarquable
est qu’il n’y a pas de limite théorique: si le temps d’interaction tend vers I'infini, la largeur
de la distribution des vitesses tend vers zéro comme 1/v/6. Nous nous efforcerons au cours
de cette partie de comprendre les résultats de cette étude quantitative a 1'aide d’images
physiques simples. Nous terminerons cette partie IIIC par une discussion de propositions

pour généraliser ce processus de refroidissement a plusieurs dimensions.
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CHAPITRE III

IITA - PRINCIPES DES RESONANCES NOIRES SELECTIVES EN VITESSE

1) Approche semi—classique

a) Résonances noires:

Considérons un atome a trois niveaux en A, par exemple un état excité |eg) de moment
cinétique nul suivant ’axe de quantification Oz (Jeg) = |[m = 0)), et deux niveaux fonda-
mentaux Zeeman dégénérés, |f_) de moment cinétique le long de Oz m, = —1, et |f;)
avec m, = +1 (fig. III-1).Eclairons un tel atome par une onde laser polarisée circulaire-
ment ot qui & cause des régles de sélection sur le moment cinétique, ne couple que |f_) &
|eo); une autre onde polarisée circulairement o~ couple uniquement |f4) & |eo). Lorsque les
fréquences des deux ondes lasers w; et w_ sont identiques (w4 = w— = w[), on peut avoir
des processus résonnants & deux photons entre |f_) et | f+). Il existe alors une superposition.

linéaire |¥ nyc) des états [f—) et |f+) qui n’est plus couplée au laser.

Considérons en effet 1’état:

| W) = a|f-) + Blf+) (ITTA1 - 1)

superposition linéaire de |f_) et de |f}) et étudions son évolution sous D’effet du couplage
VaL(t) avec les deux lasers. L’amplitude de probabilité de passer de I’état |¥;) & |eo)
dépend de I’élément de couplage

(eo|VaL(t)|¥:)
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Fig. III-1 : Systéme en A a trois niveaux. Deux niveaux dégénérés de
P’état fondamental sont couplés a un état excité par deux lasers polarisés

ot et 0~ de méme fréquence wy.

c’est-a-dire de
afeo|VaL(t)lf-) + BleolVar(t)|f+) (IIIA1 —2)

En introduisant les fréquences de Rabi K_ et K définies par:

hK

——*.

—iw+t

(eolVar(®)lf-) =

(eolVarL(®)lf+) =

nous constatons que lorsque la condition

hK_ e—iw_ t
2

aK e W+t 4 BK_e~-1 =0 (I1IA1 - 3)

est remplie, alors I’état |¥;) n’est pas couplé a I’état excité |eo) par les lasers. Il y a dans

ce cas une interférence destructive entre les amplitudes de probabilité:

(eolVar($)If-)
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et
(eo|VaL(t)If+)

correspondant a I’excitation vers |eg) & partir de |f-) et de |f3).

Considérons maintenant le cas K = K_ = K (le cas plus général de K_ # K sera
traité lors de I’étude détaillée de la partie IIIC). Dans ce cas ’état non couplé |¥nc) est
donné a t = 0 par:

1
v = —{|f-) - I11A1 — 4
I¥ne) 75 {I£-) = 1f+)} ( a)
L’état |¥c), orthogonal & |¥nc), qui est donné par:

1

|¥c) = 7

{If=) +1f+)} (IIIA1 — 4b)

est cependant fortement couplé 3 1’état excité (avec une fréquence de Rabi Qp = K+/2,
plus importante que K = K_ = K, correspondant au couplage entre |f_) et |ep) ou entre
|f+) et |eo) séparément).

Il est a ce point trés commode de faire un changement de base et de décrire 1’état
fondamental dégénéré non plus dans la base Zeeman {|f_),|f+)} mais par [¥nc) et |Tc)
(fig. 11I-2) donnés par (IIIA1—4). Dans cette base les atomes dans |¥n¢c) ne sont pas
couplés par le laser & ’état excité tandis que ceux dans |¥¢) sont excités vers |eg) avec une
fréquence de Rabi de 27, = K /2. Les atomes interagissant avec le laser vont donc effectuer
des cycles de fluorescence tant qu’ils ne sont pas dans 1’état |¥ xy¢). Nous comprenons donc
dans cette nouvelle base comment les atomes sont pompés optiquement de |¥¢) vers |¥ nc)
ol ils resteront piégés (fig. I1I-2). Tous les atomes seront accumulés dans |¥ yc) et comme
ils ne peuvent plus absorber des photons laser, il n’y aura en particulier plus de lumiére de
fluorescence émis par ces atomes, malgré le couplage atome-laser résonnant pour chacune
des transitions |f_) «—— |eg) et |fy) «— |eo).

Etudions maitenant sous quelle condition 1’état |¥nc) donné par IIIAl1—4a at =0
reste non couplé a I’état excité ultérieurement. D’apres la condition IIIA1-3 il faut qu’on

ait, a chaque instant t (pour K = K_ = K} ):

ae—tw+t + ﬂe—lw_t =0
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leg>
K
V2

I‘PC> Wne>

Fig. II1-2 : Couplage laser dansla base {{¥ nc), |¥c), leo)} . L'état |¥ nc)
n’est pas couplé 3 1’état excité |eg) par les lasers, tandis que |¥c) est

excité vers |eg) avec une fréquence de Rabi @ = /|K¢[2 +|K_]? =
V2K correspondant & un élément de matrice de couplage de K/v/2.

c’est-a-dire (avec a = —f):

wo = wy (IIA1 — 5)

Il apparait donc que, pour que I’état |¥nc) reste non couplé & I’état excité, il faut que
la condition de résonance IIIA1—5 soit vérifiée. Ce phénomeéne appelé ”résonances noires”
a été observé expérimentalement pour la premiére fois par le groupe de Gozzini a Pise
en 1976 [2] et plusieurs analyses théoriques basées sur les équations de Bloch optiques [3]
ou sur une approche par 'atome habillé [4,5] ont été données. Lorsque les deux ondes se
propagent dans le méme sens (comme dans les expériences & Pise), la condition de résonance
(IITIA1-5) ne dépend que des fréquences w_ et w4 des deux ondes et est indépendante de

la vitesse des atomes.
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b) sélection en vitesse :

Si les deux ondes laser se propagent en sens opposé (k = ki = —k_) alors les
fréquences des deux lasers vues par l’atome dans son référentiel au repos sont décalées

par des effets Doppler opposés (fig. I111I-3) et la condition de résonance s’écrit :

wy —kv=w_+kv (IIIA1 - 5)

€o

O-+
é? (:)L-kV
f_ ,

(.OL+ kV

g-
b A\

Z

s

Fig. III-3 : Condition de résonance. Le changement par effet Doppler
des fréquences des lasers dans le référentiel au repos de I’atome dépend
du sens de propagation des lasers. Pour des ondes se propageant en sens
opposé (ky = —k_ =k)on a Awy = ~k.v = —Aw_.

Ceci introduit donc une sélection en vitesse: pour w; = w_ par exemple seuls les atomes

vérifiant:

kv =0 (IIIA1 — 6)
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peuvent étre dans une superposition cohérente de |f-) et |f4+) qui reste non couplée a la
lumiere.

c) accumulation dans 1’état non-couplé :

Etudions maintenant quel est le mécanisme qui nous permet d’obtenir un grand nombre
d’atomes dans ’état |¥ nc) avec une vitesse autour de v, = 0. Tous les atomes qui ne sont
pas dans 'état |¥ nc) avec une vitesse égale a v, = 0, sont couplés au laser et effectuent
des cycles de fluorescence. Le recul lors de I’émission spontanée produit un changement
aléatoire de la vitesse de ces atomes et les atomes couplés a la lumiere effectuent une
marche au hasard dans I’espace des vitesses. Lorsque cette marche au hasard fait tomber
les atomes dans la classe de vitesse satisfaisant a la condition de résonance, un processus
a deux photons peut créer une forte cohérence entre |f_) et |f4) et ’atome peut ainsi
étre porté dans |¥n¢), auquel cas il ne pourra plus absorber de photons. En revanche, si
I’atome est dans |¥¢), il pourra étre excité vers |eg) par les lasers, bien que la condition
k.v = 0 soit vérifiée. Nous voyons ainsi que seuls les atomes dans |¥ yc) avec une vitesse
v, = 0 bien définie vont rester indéfiniment non couplés par les lasers et les processus

d’émission spontanée nous permet d’accumuler les atomes dans cet état.
Remarque :

Le remplissage du niveau piége se fait donc grace a la diffusion en vitesse induite
par le recul de direction aléatoire lors d’une émission spontanée. Mais il n’y a pas
de force de dérive attirant les atomes vers la classe de vitesse v = 0. Contraire-
ment aux autres mécanismes de refroidissement, la force moyenne agissant sur un
atome est nulle dans notre configuration lorsque les degrés de liberté internes des
atomes ont atteint un état stationnaire. Plus généralement on peut montrer que
lorsque seulement un état excité |e)d’un atome est excité a partir de plusieurs
niveaux de I’état fondamental |f;) (par des lasers de vecteurs d’onde k; et de
fréquences de Rabi de Q2; respectivement (fig. I1I-4)) alors la force moyenne f (a

I’état stationnaire pour les degrés de liberté internes) vérifie:

st __ E —
fot= (Z Rk, r) Oee (ITIA1 - 7)

ou I'; est le taux d’émission spontanée de I'état excité |e) (de populationoce.)
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Fig. III-4 : Etat excité couplé i plusieurs états fondamentaux. La force
moyenne a I’état stationnaire ne dépend que des taux d’émission spon-

tanée I'; de |e) vers |f;}(3°;T: = T') et des vecteurs d’onde k; des lasers
excitant les différentes transitions.

vers |f;) (32;Ti =T). Dans notre configuration (avec 2 niveaux |f_) et |f}) et

ky = —k_) ceci entraine une force moyenne a I’état stationnaire qui est nulle :.
hk hk_
fst = <—2i + T) Tee = 0 (IIIA]. - 8)

L’équation IIIA1-7, obtenue rigoureusement a partir des équations de Bloch op-
tiques, s’interpréte facilement en partant en régime stationnaire de I’état excité.
Tout atome qui tombe par émission sponta.néé dans le niveau fondamental f; (avec
un taux I';) devra absorber un photon d’impulsion kik; pour remonter dans I’état
excité. En moyennant alors sur un grand nombre de cycles d’émission spontanée-
absorption, on trouve que le changement de la quantité de mouvement de I’atome
est proportionnel a:

Ap ~ Z %hk; (IIIA1 — 15)

i

car I’émission spontanée produit un changement de quantité de mouvement qui

est nul en moyenne.

d) largeur en vitesse de 1’état piege :

Analysons maintenant de plus pres le critére de la sélection en vitesse pour savoir
quelle est la largeur Av, de la classe de vitesse autour de vyc (donnée par IITA1-6) pour

laquelle les atomes peuvent rester non couplés a la lumiere. Nous pouvons faire 1’étude des
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largeurs de niveaux, donnant le taux de départ d’un atome dans un état donné, en nous
placant dans le référentiel du centre de gravité de ’atome. Comme les deux ondes lasers
(que nous supposerons de méme fréquence wy) se propagent en sens opposé, le décalage
par effet Doppler des fréquences vues par ’atome sera de signe opposé pour les deux ondes.
La recherche des énergies et des largeurs des niveaux se ramene ainsi a la diagonalisation

de la matrice[5):

(@0—il/2  K[2 K/2
K/2 w —kv 0 (IIIA1 — 9)
\ K/2 0 wr + kv )

Les valeurs propres de cette matrice sont les solutions de

(wp + kv —X) {(wo —ig— - X)(wr —k.v—X)—K2/4}
—(wr—kv—-X)K?*/4=0 (IITIA1 — 10)

En traitant successivement les deux couplages comme des perturbations, d’abord le cou-
plage laser (1 < I') puis le couplage motionnel |k.v| ([k.v| < Q3% /T') et en se plagant 3
résonance(§ = wy, —wg = 0), on trouve les deux valeurs propres (correspondant aux atomes

dans 1’état fondamental lorsque 2, tend vers zéro):

wy =wg —1IM"/2 (IITIA1 —11)
wp = wy, — il /2 (IIIA1 — 12)
avec:
= Q?ZL _ @ (ILIA1 — 13)
et
I = 21‘(1}'{—"2)2 (IIIA1 — 14)

Nous voyons que ’état |¥nc) associé & la valeur propre w; a maintenant une largeur I'"!
non nulle lorsque k.v # 0. Ceci correspond a un taux de départ I'P™¢ de ’état |¥nc),

qui est proportionnel 3 (k.v)2.
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Nous pouvons ainsi évaluer la largeur Avnc de la classe de vitesse des atomes qui ini-
tialement dans I'état | ¥ yc) y sont encore aprés un temps d’interaction 6;,,. La probabilité

d’avoir quitté |¥nc) est alors donnée par P,:
Py=1—e T 0ine (IIIA1 - 15)
et on obtient Avyc en prenant Pyg~1-— %:

kAvNc ~ K/\/ 20;,,J‘ (IIIA]. - 16)

Pour un temps d’interaction 6;,; donné les atomes ayant une vitesse autour de vyc dans

une bande de vitesse de ’ordre de Avyc peuvent donc rester dans ’état |¥ y¢) non couplé

a |eo) par le laser (fig. I1I-5).

"X‘\/'\/?S\/‘\_ XN .
V

ILI)NC(0)>

Fig..III-5 : Visualisation de ’accumulation d’atomes dans |¥ n¢) avec

une vitesse bien définie. Les atomes dans |¥nc) ne vérifiant pas la
condition de résonance et ceux dans |¥¢) sont excités par le laser et ef-
fectuent une marche au hasard dans I’espace des vitesses. Cette marche
au hasard fait passer des atomes autour de la classe de vitesse vérifiant
la condition de résonance ol ils peuvent alors étre piégés dans 1’état

[¥ne)-

Nous voyons donc comment on peut grice a ce processus de "résonances noires sélectives

. " e e .
en vitesse” réaliser une accumulation d’atomes dans une classe de vitesse Avpnc, dont la
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largeur diminue au fur et & mesure que le temps d’interaction augmente. Ni la largeur vpep,
(pour He* : vp,,, = 28cm/s) correspondant a la limite du "refroidissement Doppler” d’un
atome & deux niveaux par laser (voir appendice A):

1 1., 3
§kBTDopp = §MvDopp = T (IIIAl - 17)

ni la vitesse de recul vyec (pour He* : vpec = 9.16cm/s) due a P'absorption ou 1’émission

d’un seul photon:

1 1 h2k?
—kgTrec = =Mv2,_ =
kBTrec = gMuvrec = 517

ne constitue donc une limite pour notre mécanisme de refroidissement laser par "résonances

(IITA1 — 18)

noires sélectives en vitesse”. On obtient par exemple pour une fréquence de Rabi K = 0.1’

et un temps d’interaction de 6;,,; = 300I'~! une largeur Avyc de:
Avyc = Tmm/[s < vpec = 9.16 em/s (IIIA1 —19)

Rappelons que nous nous intéressons dans cette partie IIIA uniquement au refroidissement a
une dimension, le long de ’axe de propagation des deux ondes laser. Etudions maintenant
de plus prés le mécanisme de refroidissement. La marche au hasard dans ’espace des
vitesses fait passer les atomes autour de la classe de vitesse vyc = 0. Des processus a deux
photons peuvent alors faire osciller les atomes entre |f-) et |f4+). Les lasers agissant sur
Patome oscillant entre |f_) et | f+) effectuent ensuite un filtrage qui consiste a ne pas exciter
une des superpositions de |f_) et de | f4), & savoir |¥n¢). L’accumulation des atomes passe
donc par un processus de filtrage. On pourrait penser a priori qu’un sytéme de plusieurs
fentes placées le long de ’axe de propagation d’un jet atomique permettrait aussi de réaliser
un tel affinement de la distribution des vitesses. Mais notre processus de refroidissement
par “résonances noires sélectives en vitesse” produit une réelle augmentation de la densité
des atomes dans la classe de vitesse vy, ce qui est impossible a obtenir avec un systéme

de fentes.

2) Approche quantique

Cette approche semi-classique ne peut cependant pas prétendre rester valide lorsque
la quantité de mouvement d’un atome est définie & mieux que-le recul d’un photon. Dans

ce cas, nous avons en effet:

Ap < hk (IIIA2 — 1)
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et d’apres le principe d’incertitude de Heisenberg:

AzAp >

(L))

(IIIA2 — 2)

I’extension spatiale Az du paquet d’onde atomique ne sera alors plus tres petite par rapport

a la longueur d’onde optique A,p¢:

h Ao t
Az > — =2 IIIA2 —
©7onk T 4n ( 3)
Nous ne pouvons donc plus remplacer dans le couplage atome-laser I’opérateur ¢'*-R par sa

valeur prise au centre de gravité de ’atome, qui coincide avec le ”"centre” du paquet d’onde
(voir ITAla). Une "extrémité du paquet d’onde atomique” ne voit alors plus le méme champ
électromagnétique (variant a 1’échelle de Aop) que "l'autre extrémité” (fig. III-6). Si Az
n’est pas petit devant A, il faudra donc tenir compte de I’extension spatiale du paquet

d’onde atomique.

E (z)

E(z +A/1,)

Fig. I11-6 : Si I'extension spatiale du paquet d’onde Az n’est pas néglige-
able devant la longueur d’onde optique A,,;, on ne peut plus supposer
que ’atome soit soumis au champ électrique pris au centre de gravité
de ’atome.

Le traitement semi-classique n’est donc plus valable. Nous allons donc reprendre le probleme,
en présentant qualitativement comment intervient la quantification des degrés de liberté
externes dans le processus des résonances noires sélectives en vitesse. L’étude quantitative

3 I'aide des équations de Bloch optiques généralisées sera faite ultérieurement (partie IIIC).
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a) Les familles fermées: couplage atome-laser:

Considérons d’abord uniquement le couplage entre ’atome et le laser (absorption -
émission stimulée) et négligeons dans un premier temps 1’émission spontanée. Partons par
exemple de I’état |eo, p) (fig. I1I-7) décrivant un atome dans I’état excité eq, avec un moment

cinétique m = 0 et une quantité de mouvement p le long de ’axe de quantification Oz.

f ,p-hk f.p+hk

Fig. I1I-7 : Famille fermée d’états couplés par le laser sur le systéme en
A a trois niveaux. Chaque état est caractérisé par un degré de liberté

interne et sa quantité de mouvement suivant Oz.

Considérons le couplage avec I’onde laser polarisée circulaire positive o+

se propageant
vers les z positifs : a cause des regles de sélection liées a la conservation du moment cinétique,
cet état n’est couplé qu’au niveau fondamental f_ de moment cinétique m = —1. D’autre
part les regles de sélection liées a la conservation de la quantité de mouvement entrainent
que I’état |eq, p) est couplé par 'onde laser se propageant suivant +0Oz & un état fondamental
de quantité de mouvement p — hk : I'état |eq, p) n’est donc couplé par cette onde ot qu’a
I’état |-, p — hk). De la méme fagon I'interaction avec ’onde polarisée circulaire négative
o~ se propageant vers —Oz couple uniquement |eg, p) & | f4, p+ fik). Ceci nous permet donc

d’introduire, tout comme pour l'effet Hanle mécanique, une famille fermée d’états couplés
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le,p>

K
V2

¥ c(p)> ¥neP)>

Fig. I1I-8 : Couplage laser dans la base {{¥nc(p)), |¥c(p)),le0,p)}-

par le laser :

F(p) = {|f—’p - hk): |f+ap + hk)s ICO,P)}

ce qui rendra ’analyse quantitative beaucoup plus facile (voir IIIC). Notons que le fait
que Détat |eg, p)n’est couplé qu’aux deux états |f4,p + Fik) et |f_,p — hk) résulte de la

configuration spécifique des lasers et de la transition atomique.

b) Résonances noires sélectives en vitesse

Si nous effectuons alors le changement de base suivant:

[¥ne(p)) = % {lf-,p — Bk} — |f4,p + hk)} (IITA2 — 5a)

S

1
V2

létat |¥nc(p)) n’est pas couplé a I’état excité par le laser (fig. III-8). Nous retrouvons

[¥c(p)) = {If=,p— hk) +|f+,p + hE)} (IIIA2 — 5b)

donc D’existence d’un état non couplé & la lumieére, a cause des interférences destructives

entre deux amplitudes de transition.
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Remarque:

Nous utiliserons dans la suite deux quantités a ne pas confondre: il s’agit d’une
part de la quantité de mouvement des atomes le long de Oz: pZ, et d’autre part de
Pindice p qui nous sert & différencier les différentes familles F(p). Ainsi la quantité
de mouvement de I’état |f_,p — hk) est de pZ, = p — hk et cet état appartient &
la famille F(p).

Cependant un atome dans un état |¥nc(p)) ne peut en général pas y rester piégé.
En effet pour qu’un tel état soit stationnaire, il faut que |¥nc(p)) soit un état propre de
I’hamiltonien du systeme. Il faut donc que I'énergie de |f—,p — hik) soit identique a celle

de |f+,p + Rhk). Mais ’hamiltonien contient maintenant un terme d’énergie cinétique :
H=H;; + H,n+Var (IIIA2 —6)

et la condition de stationnarité se met sous la forme :

(p— hk)?
oM

(p + hk)®

IA2 —
- (11 7)

E; + E; +

ou E;_ et Ey sont les énergies internes des états f_ et fi. L’équation (IIIA2-7) définit
donc la famille dans laquelle existe un état non couplé qui est un état stationnaire. Dans

le cas Ey, = E; on a la condition suivante:
p=0

et

Tne(0)) = _Rk) = |f4, 4R (IIA2 - )

1
E {lf -
Un tel état constitue un état piége parfait par rapport a ’excitation laser, c’est-a-dire que
si un atome s’y trouve a un instant ¢, il va y rester indéfiniment.
Un atome initialement dans ¥ nyc(p)) va osciller entre |¥ nc(p)) et [¥c(p)) (fig. III-9) 4 la
fréquence de Bohr w, associé a la différence d’énergie entre |f_,p — hk) et |fy,p + k)

wp =232 (ITA2 — 9)

qui s’annule pour p = 0. Un atome dans I’état |¥c(p)) peut ensuite étre excité par le laser

dans I’état |eg, p) et alors s’échapper de la famille F(p) a cause de ’émission spontanée.
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le,p>

K
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N

o> ¥ nc®)>

Fig. I11-9 : Couplage laser et couplage motionnel dans la base (|¥nc(P)),
|¥c(p)).leo, p)) L’élément de matrice de couplage entre |¥ ¢, p) et |eo,p)
vaut K /v/2 et celui décrivant loscillation & la fréquence w, entre |¥c,p)
et |¥ nc,p) vaut w,/2 = k.p/M. Seuls des états appartenant a une méme

famille F(p) sont couplés entre eux par le laser et le couplage motionnel.

¢) Emission spontanée : accumulation dans |¥ nc(0)):

Apres avoir pris en compte la contribution des processus hamiltoniens nous considérons
maintenant 1’émission spontanée indispensable pour ’accumulation d’atomes dans des états
non couplés a la lumiére avec p ~ 0. Prenons comme base pour les photons celle des ondes
planes progressives et étudions ’émission & partir de 1’état |eg, p) (appartenant a la famille
F(p) ) d'un photon spontané, de quantité de mouvement u le long de Oz(Ju| < khk). Ce
processus va porter I’atome dans 1’état fondamental avec une quantité de mouvement p—u
le long de Oz. Il a donc changé de famille. Notons que I’atome n’appartient pas a la

méme famille suivant qu’il tombe dans le sous-niveau f_ ou f;. En effet, I’état |f_,p — u)
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appartient 3 la famille F(p — u + hk) tandis que |f;,p — u) appartient & F(p — u — hk)
(fig. I11-10). Comme |u| < k, nous voyons que 1’émission spontanée peut ainsi faire passer

un atome initialement dans F(p) dans une famille F(p') avec:
p—2kk <p <p+2hk

Nous retrouvons ici la marche au hasard dans I’espace des p, mais la quantité p a ici la
signification d’un indice de famille et non pas de la quantité de mouvement atomique.
Comme dans ’analyse précédente, cette marche au hasard peut conduire les atomes dans

la famille F(p = 0) (ou dans F(p) avec p trés petit), ou ils peuvent rester piégés.

Analysons alors de plus prés ’accumulation dans |¥nc(0)) appartenant & F(p = 0).
Dans un premier temps un atome arrive par émission spontanée par exemple dans 1’état

|f—,—Fhk) qui peut encore se mettre sous la forme:
1
L —hk) = — {|¥no(0)) + |To(0
If. ) \/fj{’ ne(0)) + ¥c(0))}

|¥ nc(0)) est parfaitement stable, tandis que |¥¢(0)) ne ’est pas parce qu’il peut étre
excité A travers 'interaction avec les lasers avec un taux de I''. Aprés un temps long comparé
a I'"~1, soit I’'atome sera resté dans |¥nc(0)) ou il restera piégé, soit il aura continué a
effectuer d’autres cycles de fluorescence. Ce processus de filtrage laisse 50| ¥ y¢(0)), tandis
que les autres 50des cycles de fluorescence. Le mécanisme physique de ce filtrage est
Pinteraction avec les lasers qui créent une cohérence entre les états-|f_, —hk) et |fy, +hk)
(fig. I1I-11), caractéristique de |¥ nc(0)). Ceci nous permet donc de comprendre comment
la marche au hasard dans I’espace des quantités de mouvement des atomes sous 'effet de
I’émission spontanée permet d’amener les atomes dans la famille F(p = 0) ou ils peuvent
rester piégés dans |¥nc(0)). Nous verrons 1'efficacité de ce processus d’accumulation dans
la partie IIIC lorsque nous ferons ’étude quantitative des résonances noires sélectives en

vitesse a ’aide des équations de Bloch optiques généralisées.

d) Calcul du taux de sortie de |¥ nc(p)):

Nous pouvons évaluer simplement la-largeur de la distribution de quantité de mou-
vement des atomes qui restent non couplés par le laser a I’état excité pendant un temps

d’interaction donné sans avoir a utiliser le traitement exact. Utilisons pour cela la base des
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eg,p-u-hk =~ ggp
Flp-u-hk) N §(p)

(@

f p-hk fp-u £ p+hk f_pue2hk

Fig. III-10 : Couplage entre familles par émission spontanée. L’émission
spontanée d’un photon de quantité de mouvement u le long de Oz (ligne
ondulée) peut faire passer un atome de la famille F(p) (ligne en trait
plein) vers la famille F(p — u — hk) (lignes en tirets en (a)) ou vers la
famille F(p—u+ hk) (lignes en tirets en (b)). Chaque état est représenté
par un point d’abscisse égale a sa quantité de mouvement le long de Oz
et par son degré de liberté interne (ligne supérieure : eq, ligne inférieure

commune pour f_ et f;).
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Ieo;P> leo,P>
1) 2)
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If_p-tik> |f,,pehik> 4o (> |y @>
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3) HooT

N)C(p)> [pe(p)> lkI)C(P)> I¢Nc(p)>

Fig.III-11 : Accumulation d’atomes dans |¥ nyc(p)) a partir de I’état ex-
cité |eg,p'). Un premier photon spontané fait passer ’atome de |eg,p')
vers 1’état fondamental avec une quantité de mouvement p — ik suivant
Oz, soit par exemple dans |f_,p — fik) (1). Chaque état de 1’état fon-
damental peut étre exprimé dans la base {|¥nc(p)),|¥c(p))}. L'état
|f—,p — fik) est ainsi une superposition de |¥nc(p)) et.|¥c(p)) de la
méme famille F(p) (2).

La composante sur |¥c(p)) est excitée par le laser tandis que celle
sur |¥nc(p)) n'est pas affectée (3). Ce processus de filtrage permet
d’accumuler des atomes dans les états |¥ yc(p)) ot ils vont rester piégés
d’autant plus longtemps que p est petit (4).

familles F(p) = {leo, p), |¥c(P)), |¥nc(p))} et étudions ce qui se passe autour de |¥ nc(0)).
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Nous supposons que le couplage motionnel (a la fréquence w, = 2kp/M) entre |¥ nyc(p)) et
|¥c(p)) est petit devant le couplage atome-laser entre |¥¢(p)) et |eg, p) (avec une fréquence
de Rabi Q;, = V2K. Traitons d’abord perturbativement l’excitation laser (K < I'): nous
savons que ce couplage induit un taux de départ I'' depuis |¥¢(p)) (voir IIA1d) qui vaut a
résonance (6 = wy, — wo = 0):

=L _2_ (IIIA2 — 13)

Go(p) UN(:)

Fig. III-12 : Largeurs des niveaux leo, p), |¥c(p)) et |¥nc(p)). [¥c(p))
est couplé & Jeo, p) par le laser (constante de couplage K /v/2). |¥ ¢ (p))
est couplé & |¥c(p)) par le couplage motionnel (constante w, /2 = kp/T).
Sous Deffet de ces couplages |¥¢(p)) et |¥ yc(p)) acquierent des largeurs
finies I'" et I'"' (probabilités de départ). T est la largeur naturelle de ’état ‘
excité |eg, p). ’ '

De la méme fagon que le champ magnétique introduisait un taux de départ I' au niveau
piege dans ’effet Hanle (voir IIB), le couplage motionnel w, est a I'origine du départ de
|¥ nc(p)) avec un taux I''(p) (Fig. I11-12):

wf, _ 2(kp/M)*T

M(p) = 22 = =5 (IIIA2 — 14)
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que nous avons obtenu dans la partie IIIA1 en diagonalisant un hamiltonien effectif. Nous
voyons donc que les atomes arrivés dans un état |¥ yc(p)) vont y rester pendant un temps
de l'ordre de 1/T"(p), d’autant plus long que p est proche de 0. Au bout d’un temps 6, les

atomes seront toujours piégés si:

r'"(p) <1 (IIIA2 — 15)
d’ou:
M [ K2
<Ap= [ — —
p< Ap =\ 20T (IIIA2 — 16)

ou k = 27 /) est le vecteur d’onde du laser, M la masse de ’atome et K le couplage atome-
laser entre f_ (ou f4) et eo. Nous constatons donc en particulier que la largeur Ap de la
distribution d’atomes piégés autour de |¥nc(0)) diminue lorsque le temps d’interaction §
augmente. Pour un temps d’interaction 6 donné le choix de ’intensité laser (proportion-
nelle & K2) doit donc résulter d’un compromis entre une distribution de plus en plus fine
(résultant d’une intensité laser plus faible) et une alimentation plus efficace de ’état piege
(exigeant une intensité laser plus forte). On aura ainsi par exemple, dans le cas de I’hélium

métastable, pour K = 0.1T et § = 300" "!une largeur en vitesse Avyc de:

Avne = Tmm/[s

ce qui est nettement inférieur a la vitesse de recul vpec = hk/M = 9.16cm/s:

1 hk
A'UNC ~ EH

e) Distribution des vitesses:

Notons que ’état piege |¥nc(0)) n’est pas un état propre de I'opérateur quantité
de mouvement. Lors d’une mesure de la quantité de mouvement le long de 'axe Oz de
|¥ nc(0)), on peut obtenir la valeur propre —fik correspondant  la projection de |¥ nc(0))
sur |f_,p — hk) avec une probabilité 1/2 et la valeur +%k correspondant a |fy,p + hk)
avec une probabilité 1/2 également (dans le cas d’amplitudes de transition égales pour
|f-,—hk) — |eo,p) et |f4+,+hk) — |eo,p)). Des mesures effectuées sur un ensemble
d’atomes dans ’état |¥ yc(0)) vont donc donner lieu & un-double pic & —hk et +hk dans la

distribution des quantités de mouvement des atomes (fig. I1I-13). De méme des mesures de



265

la quantité de mouvement d’atomes dans un état |¥nc(p)) donnent un double pic décalé
ap—hk et p+ hk. Si la largeur Ap des deux pics est inférieure & kk, on aura néanmoins
un double pic trés net, caractéristique de I'effet. Notre processus de “résonances noires
sélectives en vitesse” se traduit donc par P'apparition dans la distribution des vitesses de

deux pics trés étroits autour de +hk/M.

AD ¢<q)NC (p)lol L!)NC(P»
| | (Pat N A

@)

op

L‘ 1 |
-k 0 +ﬁk Pat 0 P

Fig. III-13 : Allure attendue de la distribution P(pZ,) des quantités de
mouvement des atomes le long de Oz. Les lignes en trait plein donnent

les positions des fonctions de Dirac & +hk correspondant a un atome
dans |¥ nc(0)). Les lignes en tirets indiquent les positions des fonctions
de Dirac correspondant & un atome dans |¥ nc(p)) qui se déduisent des
premiers pas vers une translation de p suivant Oz. Pour des atomes
accumulés dans des états |¥ yc(p)) dans une plage §p autour de p = 0,
on s’attend 3 une distribution P(pZ,) avec deux pics centrés en +hk de

méme largeur §p.
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Remarques:

(i) Si on veut suivre en détail la quantité de mouvement dans ce mécanisme de
refroidissement, il faut quantifier le champ électromagnétique. On pourra alors
vérifier la conservation de la quantité de mouvement total du systéme atome plus
rayonnement a chaque étape du processus de piégeage. Ici, nous avons traité le
laser comme un champ extérieur classique [7]et la quantité de mouvement d’un tel
champ n’est pas bien définie. Le champ électromagnétique tel qu’il est fourni par
une source laser est d’ailleurs mieux décrit par un état cohérent (sans quantité de
mouvement bien définie) que par un état de Fock avec un nombre de photons - et
donc une quantité de mouvement - bien définie.

(ii) Lorsque la fréquence de Rabi des lasers devient trés faible, la largeur des
pics devient elle-méme aussi plus petite (voir IIIA2—16). Cependant comme
Pexcitation des atomes est moins efficace les atomes ont besoin de plus de temps
d’interaction pour arriver dans |¥nc(0)).La figure III—14 illustre ce comporte-
ment des résonances noires sélectives en vitesse pour des faibles fréquences de
Rabi: deux pics treés fins apparaissent au-dessus d’un fond trés large qui ne diminue
que trés lentement (cette figure est obtenue a ’aide de I'intégration numérique
des équations de Bloch optiques généralisées que nous présenterons dans la partie

IIIC1).

f) Distribution des populations de |¥nc(p)):

Bien que nous puissions disposer d’une solution exacte des équations de Bloch optiques
généralisées grice a une intégration numérique (voir IIIC1), nous allons donner un modéle
simple de 1’évolution de la distribution des populations de |¥nc(p)) a P'aide de taux de
pompage. Bien que moins rigoureuse, cette approche est trés utile pour avoir une image

physique simple du processus. Considérons le cas ou:

kp K2
2 T« (IIIA2 — 17)
et ou le taux de départ I''(p) de |[¥nc(p)) est donné par
rpy =2 () L (IIIA2 — 18)
PI=*\M) ®&°

Supposons qu’en premiére approximation I’alimentation de |¥ yc(p)) est indépendante de p,

et ne varie que lentement avec le temps. Nous avons vérifié que, dans la limite ou le couplage
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K,=K =0.1T

Fig. I1I-14 : Profil des quantités de mouvement le long de Oz obtenu par
I'intégration numérique des équations de Bloch optiques généralisées.
Les deux pics & +hk pour des fréquences de Rabi 4 = K_ = 0.][(,6 L=
0,0 = 500 I'"1)sont trés fins et apparaissent sur un fond_\la,rge encore

important.

laser excite un atome dans |¥¢(p)) beaucoup plus rapidement vers |eg, p) que le couplage
motionnel ne le fait passer dans |¥nc(p)), 'alimentation A de |¥ nc(p)) est & peu prés
indépendante de p. Ceci est raisonnable si on remarque que cette alimentation fait intervenir
une moyenne des populations dans I’état excité o..(p') avec p' € [p — 2hk,p + 2hk] (voir
appendice D). Nous pouvons alors écrire I’équation suivante pour la population IIyc(p,t)

de |[¥nc(p)) a linstant ¢:

Inc(p,t) = A—T"(p)Inc(p, t) (IIIA2 — 19)
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L’intégration de cette équation donne:

Onc(p,bint) = Onc(p,0)exp (=T (p)bint)

'A "
gy 1~ eep (T (P)finc)] (II1A2 — 20)

ou IInc(p,0) est la condition initiale de IInc(p,t) & t = 0. Pour des temps d’interaction
0:int assez grands et p non nul, la condition initiale n’a presque plus d’influence sur la
distribution finale et nous négligeons donc le terme I nc(p, O)e'r‘”(")o‘"‘. En effet pour p

assez grand: :
e T (P 1 (IITA2 — 21)

et
Inc(p, bint) ~ A/T"(p) (II1A2 — 22)

Ceci est la solution stationnaire de 1’équation, qui est atteinte d’autant plus vite que p est

grand. En revanche pour p =0 on a:
Onc(p=0,6int) = Onc(p = 0,t = 0) + Abin: (ITIA2 — 23)

Ceci exprime que la population de I’état |¥ nc(p = 0)) ne peut qu’augmenter (il n’y a pas

de terme de fuite). Lorsque le temps d’interaction est assez grand pour que:
Abine > nc(p=0,t =0) (IIIA2 — 24)

nous pouvons négliger la contribution de IIyc(p = 0,t = 0) devant la population accumulée
dans IIyc(p = 0) depuis 6;n¢e. Nous voyons ainsi que la population IInc(p,6int) évolue
comme (fig. ITI-15):

A __I\ll(p)oi’"

No(p, Oint) = frrrs (1-e ) (IITA2 — 25)

ou encore
Mo (p,t) = Afine— e~ 2/ (ITIA2 — 26
NC p’ ) - nt (p/p0)2 - )

avec
(kpo/M)? = K*[(20;nt)

Ce modéle donne donc une distribution de IIyc(p,0int) qui présente un pic a p = 0

avec une largeur py qui diminue comme 1//T6;,,¢. Nous verrons au paragraphe IIIC1 §6C
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que lintégration numérique des équations de Bloch optiques vérifie cette dépendance en
1/v/T8;,, de la largeur des deux pics dans la distribution des vitesses qui reflete la largeur
du pic de I nc(p, Gint)-

Rappelons que ce modéle n’est valable que si la relation (IIIA2-17) est vérifiéget que
la condition d’application de ce modele dépend donc de p. On peut ainsi comprendre
pourquoi, sur la figure III-14, on n’ait pas creusé plus autour de p,; = 0, c’est-a-dire pour
p = kk. En effet pour K = 0.1v/2T, on a K?/T = 0.02T, ce qui est plus petit que kp/M =
khk/M = 0.05I': la condition IIIA2-17 n’est plus respectée. Lorsque K?/T" < kp/M, I

n’augmente plus comme p?, mais sature a I ~ K?/T.
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Fig. 11I-15 : a) Contribution & |¥nc(p)) aprés un temps d’interaction
0;n:. Les atomes qui sont arrivés dans |¥ nc(p)) & un temps t < ;¢ ont
une probabilité exp {—T"'(p)(fine — t)} de ne pas avoir quitté |¥ nc(p))
pendant un temps 7 = @;n; — t. L’alimentation de |¥ yc(p)) & des temps
antérieurs a ;s jusqu’a environ 8;,,—I'"(p)~! contribue  la population

wnc(p,0int) de ¥ nc(P)) & Oine.

b) Distribution des populations 7xc(p) dans |¥nc(p)) d’aprés le
modéle simplifié basé sur les équations de taux de pompage (6;n¢ =
500C !, K = 0.5T : largeur po = 0.1%k)

yc(P)

p0=0. 1hk

2 PQ—) —
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CHAPITRE II1

IIIB - PREMIERE MISE EN EVIDENCE EXPERIMENTALE DE L’EFFET

1) Description de ’expérience (Phys. Rev. Lett. 61, 826, 1989)

Aprés avoir congu les principes du refoidissement par laser par piégeage cohérent de
population sélectif en vitesse, nous avons réalisé une expérience qui a mis en évidence
cet effet. La publication suivante présente le principe et la premiere mise en évidence
expérimentale de ce nouveau mécanisme de refroidissement. Le montage expérimental était
celui qui a été présenté dans des parties précédentes (IC et IIC) et nous ne détaillerons
donc pas davantage la description de ’appareillage de base, déja présenté dans ces parties.
En revanche nous nous pencherons plus sur les détails expérimentaux spécifiques de cette

expérience dans le § 2 de cette partie IIIB.
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We present a new laser-cooling scheme based on velocity-selective optical pumping of atoms into a
nonabsorbing coherent superposition of states. This method has allowed us to achieve transverse cooling
of metastable *He atoms to a temperature of 2 uK, lower than both the usual Doppler cooling limit (23
#K) and the one-photon recoil energy (4 uK). The corresponding de Broglie wavelength (1.4 um) is

larger than the atomic-transition optical wavelength.

PACS numbers: 32.80.Pj, 42.50.Vk

The lowest temperature T which can be achieved by
the usual laser-Doppler-cooling method is given, for a
two-level atom, by kgT/2 = hI'/4, where I is the sponta-
neous-emission rate from the excited atomic state (for
Na, T==240 uK).! In order to reach lower tempera-
tures, proposals based on Raman two-photon processes in
a three-level atom have been presented,>® but the
efficiency of Raman cooling has not yet been demon-
strated. Recently, surprisingly low temperatures
(around 40 uK) have been measured for sodium* and
tentatively interpreted in terms of a new friction mecha-
nism.> The recoil energy (hk)%/2M for an atom with
mass M emitting a photon with momentum Ak repre-
sents another landmark in the energy scale for laser cool-
ing. It has been suggested that optical pumping in
translation space might be used to cool the translational
degrees of freedom below this so-called recoil limit, by
velocity-selective recycling in a trap.® In this Letter, we
present a mechanism of laser cooling below the one-
photon recoil energy, based on optical pumping of both
internal and translational atomic degrees of freedom.
This velocity-selective process is based on coherent trap-
ping of atomic populations’ and has allowed us to
achieve a one-dimensional cooling of *He atoms in the
triplet metastable state down to a temperature of about 2
uK. This temperature is lower than both the Doppler
cooling limit (23 uK for 1D cooling) and the one-photon
recoil energy (4 uK).

Our scheme involves a closed three-level A configura-
tion where two degenerate ground Zeeman sublevels g +
(m = 1) are coupled to an excited level eg (m =0) by
two counterpropagating o+ and o - laser beams with the
same frequency o; and the same intensity (solid lines of
Fig. 1). For an atom at rest, two-photon Raman pro-
cesses give rise to a nonabsorbing coherent superposition
of g+ and g-. If the atom is moving along 0z, the Ra-
man resonance condition is no longer fulfilled as a conse-
quence of opposite Doppler shifts on the two counterpro-
pagating laser beams. This simple argument explains
how the phenomenon of coherent population trapping

can be velocity selective for appropriate laser configura-
tions.® Our cooling scheme consists of accumulating
atoms in the zero-velocity nonabsorbing state where they
remain trapped. To populate this state, we take advan-
tage of momentum redistribution due to spontaneous
emission, which allows certain atoms to be optically
pumped from the absorbing velocity classes to the
nonabsorbing state. Since the recoil of the last
spontaneous-emission photon is part of the cooling mech-
anism, the one-photon recoil energy is not a limit and the
final temperature is limited only by the coherent interac-
tion time. Note also that, contrary to other cooling
schemes, our mechanism, based on a Raman resonance
condition, does not depend on the sign of the laser detun--
ing. . ‘

A more rigorous analysis requires the introduction of
both internal and translational quantum numbers. For
example, the state |eq,p) represents an atom in level eg
with the value p of P (P® is the atomic momentum).
If we ignore spontaneous emission, |eq,p) is coupled only
to |g-.p—hk) (or |g+,p+hk)) by stimulated emis-
sion of a o+ (o-) laser photon carrying a momentum
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FIG. 1. (a) Two counterpropagating o+ and o- polarized
laser beams interact with “He atoms on the 235,-23P; transi-
tion. (b) The Zeeman sublevels, and some useful Clebsch-
Gordan coefficients. Since the eo=—go transition is forbidden,
all atoms are pumped into g+ and g- after a few fluorescence
cycles. These two levels are coupled only to eo, and a closed
three-level A configuration is realized (solid lines).
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+hk (—hk). We are thus led to introduce, for each
value of p, a family F(p) of three states {eo,p),
|g+.p+hk), and |g—,p—hk)} which are coupled by
the interaction Hamiltonian ¥V (Ref. 9):

(g+.pEhk|V|eop)=F (ho/2)explivLt),

where o is the Rabi frequency associated with each
laser and where the ¥ signs come from the Clebsch-
Gordan coefficients eg+—=g + and eg—g - (Fig. 1). Note
that for p=0, the kinetic energy (p+hk)%/2M of
|g+.p+hk) differs from the kinetic energy (p —hk)?/
2M of |g-,p—hk) by an amount 2hkp/M (ie., the
Doppler shift introduced above for the two-photon Ra-
man resonance).

We can now write the expression of the nonabsorbing
trapping state considered above:

[yna0) =[lg-, —hk)+ | g+, +hk)/V2.

This state is stationary since the two states g+, xhk)
have the same internal and kinetic energies, and since
(wna0)| V| 0,00 =0. These properties are not modified
when spontaneous emission is taken into account
[] wna(0)) is radiatively stablel, so that an atom pumped
in this state remains trapped there indefinitely (coherent
population trapping). Note that |yna(0)) is not an
eigenstate of P2, so that, for atoms trapped in
| wna(0)), the atomic momentum distribution presents
two peaks at eigenvalues p, ™ =+ hk. -
For the families F(p>=0), we can introduce two or-
“thogonal linear combinations of |g+,p £ hk):

lunalp ) =llg-.p— hk)+ |g+,p+hK)/V2,
lyap ) =llg-.p—hk)— |g+.p+hK)/VI.

The first one, |wna(p)), is not coupled to |eq,p), while
{wa(p)) is coupled to |eq,p) with a Rabi frequency
V2w,. However, the nonabsorbing state | yna(p)) is not
a trapping state, because it is not stationary (the energies
of |g+.p* hk) differ by 2hkp/M). More precisely, if
an atom is in | yna(p)) at 1=0, it will oscillate between
| wna(p)) and the absorbing state |wa(p)) at the fre-
quency 2kp/M. One can then show that for small values
of p lkp/M «TI" where I''=w{/T" is the absorption rate
from | ya(p)) for ) <I and zero detuning], the absorp-
tion rate from {yna(p)) is of the order of I'"=(kp/
M), The smaller p, the longer the time spent in
|wna(p)). We have thus achieved a velocity-selective
coherent population trapping.'®

So far, we have only considered the evolution of a
given p family. Spontaneous emission can actually redis-
tribute atoms between different families since the one-
photon recoil momentum along 0z due to such a process
is a random variable between —hk and +hk. Such a
random walk in momentum space is essential for the
cooling discussed here. It provides the mechanism for
the pumping and accumulation of atoms into the nonab-

sorbing superposition of states |yna(p)) with p=0 or
very small. The longer the interaction time ©, the nar-
rower the range = 5p of values of p around p =0 for the
states | wna(p)) in which the atoms can remain trapped
during ©, and the greater the number of fluorescence cy-
cles which can bring them into these states. For 6 large
enough so that 6p < hk, the final atomic momentum
distribution P(p,) along 0z will exhibit two resolved
peaks emerging at *+ hk above the initial distribution.
This will be the signature of cooling by velocity-selective:
coherent trapping.

We have performed a quantitative calculation of such
a “generalized optical pumping cycle” (in both internal
and momentum spaces) which confirms all the previous
predictions. Such a calculation is based on three-level
generalized optical Bloch equations involving internal

- and external degrees of freedom.'! Because of spontane-

ous emission, these equations are finite-difference equa-
tions. It must be emphasized that, since the width 8p
can become smaller than Ak, most of the standard ap-
proximation methods used in laser-cooling theories®
break down: Especially, it is no longer possible to derive
a Fokker-Planck equation. Figure 2 shows the final dis-
tribution P(p,) of atomic momentum deduced from a
numerical integration of Bloch equations for parameters
corresponding to. our experimental conditions. As ex-
pected, one clearly sees two narrow peaks emerging
above the background around = Ak. Note that the
half-width of each peak is narrower than the one-photon
recoil energy. We have checked that an increase .of the
interaction time © increases the height and decreases the
width of these peaks. The value of © leading to the larg-
est area under the peaks depends on the shape of the ini-
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FIG. 2. Calculated transverse atomic momentum distribu-
tion resulting from cooling by velocity-selective coherent popu-
lation trapping, for parameters close to our experimental situa-
tion (zero detuning, Rabi frequency w, =0.6T, interaction time
©=350I' "!). The initial distribution is represented by a dot-
ted line.
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tial distribution.

This cooling process has been demonstrated with the
experimental setup shown in Fig. 3. A supersonic helium
beam, '? liquid-nitrogen cooled, is excited by counterpro-
pagating electrons at 40 eV. The metastable He®* atoms
in the 2'Sy state are optically quenched, and we obtain a
beam of He* in the 23S, state, with an intensity larger
than 10'? atoms s ™' sr~! and an .average velocity of
1100 m s ~'. The He* atoms interact on the 2°S,-23P,
transition (1.083 um) with a home-made single-mode
ring version of a LNA laser'® pumped by a 4-W Ar?
laser. The laser frequency is locked to the atomic transi-
tion in an auxiliary discharge, by saturated-absorption
techniques, and the laser linewidth is less than 1 MHz.
After spatial filtering, the laser beam is expanded, passed
through two quarter-wave plates (Fig. 3), and retrore-
flected, yielding two counterpropagating plane waves
with opposite circular polarizations, with an almost uni-
form intensity in the 40-mm-diam interaction region
(Rabi frequency w;=0.6I" with I/2z=1.6 MHz).
There are stringent requirements for this experiment.

" First, the Zeeman, sublevels g+ and g - must remain de-
generate in the whole interaction region. This condition
is fulfilled by compensation of the magnetic field to less
than 1 mG by Helmhoitz coils and a Mumetal shieid.
Second, the relative phase between both laser beams
must remain constant in the whole interaction region.
This is achieved by our deriving both waves from the
same laser beam and by using very high quality optical
components for the second quarter-wave plate and for
the retroreflecting mirror (wave-front distortion less than
A/8). Also, the exact overlap of the two beams is adjust-
ed to 1073 rad by autocollimation techniques. The
transverse velocity distribution after the interaction zone
is deduced from a transverse scan of an electron multi-
plier (sensitive to He*) with a2 100-um entrance slit,
placed downstream at 1.4 m from a first 100-um slit just
after the interaction region. The corresponding HWHM
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FIG. 3. Schematic experimental setup. The atomic source
at 77 K produces a beam of metastable triple helium atoms
(27S)) at an average velocity or 1100 m/s. These atoms in-
teract with two g+ and o- polarized counterpropagating waves
at 1.08 uym. The transverse velocity distribution at the end of
the interaction region is analyzed with two slits S; and S,, 100
#m wide. Sj is the entrance slit of a movable He®* detector.
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transverse velocity resolution is 4 cm s !,

Figure 4 shows the transverse velocity profiles with
and without laser. The two peaks at about =+ hk/M
(£9.2 cm s 7') clearly appear well above the initial dis-
tribution. A measurement of the standard half-width at
exp(— 1) gives 6 cm/s, which corresponds to a tempera-
ture of about 2 uK. This experimental curve is in
reasonable agreement with the theoretical prediction.
Finer details concerning, for example, the variations of
the efficiency of the cooling effect with the detuning still
require further investigation.

We have performed supplementary tests to support the
theoretical analysis given above. First, we replaced the
o+ and o- circularly polarized beams by two orthogo-
nally linearly polarized beams, and we checked that the
final velocity distribution still presents two peaks at
=+ hk/M. On the contrary, for parallel linear polariza-
tions where the nonabsorbing atomic superposition is not
velocity selective, the two peaks at * Ak/M disappear.
Another test consists of our arranging the laser beams so
that they do not exactly overlap at the end of the interac-
tion region, the last acting laser beam being the o+ one.
One expects atoms to be removed from the | g-,—hk)
component of |wna(0)) and to be pumped after a few
cycles (two on the average) into g+ with a momentum
spread around +#Ak. Indeed, we have observed that the
peak at —hk disappears while the peak at +hAk in-
creases and is broadened.

We have thus demonstrated that this velocity-selective
optical pumping into a nonabsorbing state is a very
efficient process to accumulate atoms in an extremely
narrow velocity class. By increasing the coherent in-
teraction time, still narrower velocity distributions could

(‘P(Pal )

FIG. 4. Transverse atomic momentum profile at the end of
the interaction region, with the laser on (solid line) and off
(dashed line; this profile has been smoothed). The double-peak
structure at about * Ak and above the initial distribution is a
clear signature of the cooling effect presented in this Letter.
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be produced, allowing one to reach temperatures in the
nanokelvin range. Several developments of this work can
be considered: extensions to other level schemes; direct
observation of the coherence between the two com-
ponents of |yna(0)) propagating along different direc-
tions; generalization to three dimensions.

Finally, let us emphasize that this cooling mechanism
is quite different from the previously demonstrated ones,
since it is not due to a friction force but to diffusion into
the cooled velocity class. Another important feature is
that the cooled atoms no longer interact with the laser
field which then causes no perturbation, either on exter-
nal degrees of freedom (no diffusion) or on internal de-
grees of freedom (no light shifts). This particularity
may be essential for future applications.
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2) Conditions expérimentales particuliéres

a) La transition utilisée

Nous avons utilisé pour ces expériences la transition 235; —2% P; de ’hélium métastable.
A cause de la force d’oscillateur nulle entre 1’état |eg) et | fo) (fig. I1I-20a), cette transition va
permettre de réaliser en fait le systéme en A dont nous avons besoin pour nos expériences.
En effet, en présence de lasers polarisés ot et o™, les trois niveaux {|f_), | f+), |eo)} forment
un systéme en A fermé : un atome dans |f-) ou |f4) ne peut étre excité qu’a ’état |eo)
et I’émission spontanée ne peut faire tomber un atome de |eg) que vers |f_) ou |f4). Une
fois dans le systéme en A un atome va donc y rester indéfiniment. Quant aux atomes qui
initialement se trouvent dans 1'état |fo), ils sont excités par les lasers ot et 0™, soit vers
le~) soit vers |e4). Ces états ont une probabilité 1/2 de se desexciter vers |f_) ou |fy),
appartenant au systéme en A (fig. III-20b). Les atomes de |fo) finiront donc nécessairement

par étre pompés optiquement dans le systeme en A ou ils vont rester.

Remarque :

Nous verrons lors de I’étude des polarisations (IIIC3) que la possibilité de réaliser
un sytéme en A est due a la nature de la transition J =1 — J =1 et non pas
a la polarisation ot et 0~ des deux ondes laser. Un tel systéme en A peut par
exemple aussi étre réalisé en utilisant deux ondes polarisées linéairement suivant

Oz et Oy respectivement.



'mz=__'1> Im_=0> jm,=1>

Fig. I1I-20 a) La transition J = 1 — J = 1 dans la base Zeeman
(Jm. = —=1), [m, = 0),Jm, = 1)) avec les coefficients de Clebsch-Gordan.
Notons que la transition entre |eg) et | fo) est interdite pour une transi-
tionJ=1—J=1

b) Eclairée par des lasers polarisés ot et o~ par rapport a I’axe
de quantification Oz, une telle transition va se ramener au systéme en
A constitué par les trois niveaux |f_),leo),|f+) couplés par les lasers
(lignes en trait plein). Les atomes de | fo) sont en effet pompés optique-
ment par les lasers ot et o™ (lignes en tirets) vers le systéme en A dans

lequel ils vont rester.

b)



278

b) Préservation des cohérences

La réalisation de ces expériences a nécessité des précautions particulieres. Il fallait
veiller a ce que aucun processus ne puisse faire sortir de I’état piege les atomes accumulés
dans |¥nc(0)) pendant toute la durée d’interaction avec le laser. Nous allons voir main-
tenant quelles conditions ceci implique sur la phase des deux lasers, et sur la compensation
du champ magnétique, deux facteurs qui peuvent avoir une influence sur la cohérence

établie entre les deux niveaux atomiques et le champ électrique des lasers.
i) Phase des lasers

Etudions tout d’abord I'influence d’une variation des phases ¢4 (t) et ¢_(t) de 'onde
aller polarisée ot et ’onde retour polarisée ~. Nous verrons dans la partie IIIC1 que

I’hamiltonien d’interaction atome-laser de ce processus est, pour w— = w4 = wr:

hK —tw

VAL = 2’2—+I60,p)<f—3p—hk|e Lt
P

hK_

5 €0 P)(f4,p + hkle™* + hc. (IIIB2 — 1)

+

et que I'état |¥nc(0)) peut alors s’écrire:

K_
Tno(p=0) = _,—hk
[¥ne(p=0)) SR ETIET |f )
K
- \/IK+|2:IK 7 \fe k) (IIIB2 — 2)

ou K_ et K, sont les fréquences de Rabi des deux couplages f_ «— e et fi «— €.
Soient ¢4 (tp) et ¢_(t9) les phases des deux ondes a t = ¢y conduisant a V47 donné en
(IIIB2-1) (ces deux phases sont incluses dans les fréquences de Rabi K_ et K ) et étudions
comment évoluera un atome qui est dans |¥nc(p = 0)) & ce moment. Supposons par
exemple qu’a linstant o les phases des deux ondes lasers changent brusquement de ¢

et 6¢p_ de sorte que pour t > to:
@+(t) = —wpt + by
p-_(t) = —wrt+ bp—

11 faudra tenir compte de ce changement dans I’hamiltonien d’interaction -en multipliant

K, par e*®%+ et K_ par €'®¢- :
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hKy
Var(t) = {- 3 =5Ee®* leo, p)(f-, p — ik
p
+ 25 e = leo, ) fa,p+ Bk| -} e E the.  (WIB2-3)

L’action du laser sur notre atome dans |¥ yc(0)) est alors:
hK_*.K_C—ith
VIELP +1E_P

Il est alors facile de voir a partir de cette équation quelles sont les conséquences des vari-

Var(t)|¥nc(0)) = (e~ — €**¢+) |eo, 0) (IIIB2 — 4)

ations des phases des lasers et par conséquent de savoir quelles conditions doivent étre
remplies pour pouvoir observer les résonances noires sélectives en vitesse.

L’état |¥nc(0)) est donc couplé a Pétat excité, et la probabilité par unité de temps
dP/dt pour qu’un atome initialement dans |¥nc(0)) soit excité dans |eg,0) qu’on peut
évaluer a 'aide de la régle d’or de Fermi est de:

‘2_7; — 2nKsin2(Ap)/T (LIIB2 — 5)

ou Ay = b4 — bp_ est la variation des différences de phases de 1’onde aller et de 1’onde
retour et K = K, K_//|K4 |2 + |K_|2.

Nous voyons donc que seul la différence entre les phases des deux ondes intervient dans

dP/dt et que une variation € qui est commune aux deux phases

pi(t) = —wrt+e¢ (IIIB2 — 6a)

p-(t) =—wrt+¢ (I1IB2 — 6b)

n’affectera pas I’évolution d’un atome dans |¥ n¢(0)). La condition sur les phases des lasers
se ramene donc a une condition sur leur différence de phase. Une variation relative Ay des
phases pourra étre négligée si pendant le temps d’interaction 6;,; un atome initialement
dans |¥nc(0)) n’a qu'une probabilité trés faible d’étre excité :

id?e,-,., ~ 21 K2 5in(Ap)9ine /T < 1 (IIIB2 — 7)

ce qui nous donne une limite supérieure pour Ae:

/ T
IA(p' < m—t' (IIIB2 — 8)
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Pour K ~T'/2 et 6;,; ~ 350! on obtient:
|Ap| < 0.04rad (IIIB2 — 9)

Cette condition a été satisfaite dans nos expériences en utilisant deux ondes provenant de
la méme source laser et en réfléchissant ’onde aller sur un miroir placé a L = 10 cm de la

zone d’interaction (voir figure 3 de IIIB1). La phase de ’onde aller ¢ (t) vaut
p4+(t) =wrt (I1IB2 — 10)
et celle de ’onde retour se déduit de ¢ _(t) par:

p—(t) =4+t —2L/c) (IIIB2 — 11a)

¢_(t) =wrt — 2Lwi /¢ (IIIB2 — 11b)

ol vf, = wr, /27 est la fréquence instantanée du laser. Une cause de variation Ay sera dans
nos expériences dues a la fluctuation de la fréquence Av du laser. En prenant comme modéle
simple une approximation de saut brutal de fréquence de Av = 500kH z, correspondant &

la stabilisation en fréquence de notre laser, ceci nous donne:
Ayp = 4rAvL/c = 2.10"3rad (IIIB2 - 12)

inférieur a la limite de 0.04 rad.

Une autre origine pour une variation des phases relatives peut étre un changement
de chemin optique 2L parcouru par la lumiére entre le premier passage dans la zone
d’interaction a l’aller et le second au retour. Afin de ne pas étre génés par cet effet nous
avons utilisé des éléments optiques de trés haute qualité pour transformer ’onde aller o+
en onde o~ au retour: le miroir de renvoi est plan & A/20 et la lame A\/4 a un parallélisme
a mieux que A/8. Ces deux éléments ont de plus été placés a I'intérieur de I’enceinte sous
vide, évitant la traversée supplémentaire d’un hublot. Nous pouvons évaluer le changement
de phase causé par les éléments optiques en prenant un modeéle de saut brusque de \/8

pour le changement de chemin optique. La variation Ay est inférieure a:

27c1 s

Ay = 2ALwy [c =25 (n -y (I1IB2 — 13)
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ou n est I'indice de la lame A\/4(n ~ 1.5). Ce changement de phase semble étre trop
grand pour permettre de réaliser un piégeage efficace dans I'état |¥nc(0)) pendant tout
le temps d’interaction 6;,;. Cependant les défauts de planéité des éléments optiques sont
plus probablement des modulations lentes de la surface que des sauts brusques . Nous
avons d’ailleurs réalisé avec succes nos expériences avec une lame quart d’onde polie a A/8,
confirmant ainsi que le changement de phase calculé en IIIB2-13 est probablement excessif.
Ce calcul montre cependant que le point critique dans nos expériences est plus la qualité
des éléments optiques pour transformer ’onde aller en onde retour que la largeur de raie
du laser.

[
i1) Compensation du champ magnétique

Aprés avoir vu comment des imperfections sur les phases relatives des deux ondes laser
peuvent coupler un atome initialement dans ’état piege |¥ nc(0)) a I’état excité |eg, 0) nous
étudions maintenant I'influence d’un champ magnétique parasite qui peut faire passer un

atome de |¥ nc(0)) vers un autre état fondamental.

Pour analyser I'effet d’une fluctuation du champ magnétique le long de I'axe de prop-
agation Oz des lasers, nous partons de nouveau d’un atome initialement dans |¥ yc(0)) et
nous supposons que le champ magnétique B, suivant Oz est nul a I’endroit ol se trouve
I’atome a t = 0. Si le champ B, change le long de la trajectoire de I'atome dans la zone
d’interaction alors les deux sous-niveaux Zeeman f_ et fi subissent un déplacement en

énergie de:

§E_ = —hQp/2 (IIIB2 — 14a)

§E4 = +hQp/2 (IIIB2 — 14b)

avec g = vB,. Ceci a donné comme conséquence qu’un atome initialement dans 1’état

stationnaire |¥ nc(0)) avec:

N0 = s {1f- k) = [fa, +E) (I1IB2 — 15)

ne sera plus dans un état propre de ’hamiltonien. Tout comme pour le couplage motionnel

(voir IIIA2) le couplage induit par un tel champ magnétique provoquera une oscillation de
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l'atome entre |¥nc(0)) et |¥c(0)) a la fréquence de Bohr correspondant a la différence en
énergie:
hwp, = AE = kg (IT1IB2 — 16)

L’état |¥c(0)) étant couplé a ’état excité avec un taux d’excitation de:
I =2K?*/T (I1IB2 — 17)
nous obtenons ainsi un taux de départ I'" de ’état |¥ nc(0)) de:
I = w}, /T = Q4T /2K? (I1IB2 — 18)

Cette expression est I’analogue de ’expression du taux de départ I'"'(p) que nous avons

établie en IITA2 provenant du couplage motionnel:
I"(p) = 2(kp/M)’T/K? (II1IB2 — 19)

En exprimant que nous voulons obtenir, avec une fréquence de Rabi K = 0.5I" et un temps

d’interaction §;,; = 300!, une probabilité de départ du niveau |¥ nc(0)) faible devant 1:
IMbin < 1 (IIIB2 — 20)

nous trouvons que nous devons limiter les fluctuations du champ magnétique le long de Oz

tel que:

Q5 < K+/2/T6;n; = 0.04T (IIIB2 — 21)

ce qui correspond a une compensation de B, de
B; < 20mgauss (IIIB2 — 22)

L’effet d’un champ magnétique parasite perpendiculaire & Oz est plus difficile & analyser
précisément. Une premiére conséquence d’un tel champ est de faire sortir les atomes du
systeme en A en les couplant a 1’état |fp). Mais méme en nous limitant aux niveaux |f.)
et |f4+) dont nous tenons compte dans notre étude quantitative (voir IIIC1) le couplage
induit par un champ magnétique transverse entraine des complications considérables. En
effet, le traitement rigoureux des résonances noires sélectives en vitesse est rendu facile

par le fait que nous pouvons introduire des familles fermées d’états couplés par les lasers
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F(p) = {|f-,p— kk);|f+,p+ kk);leo,p)}. Or un champ magnétique transverse couple
Iétat |f_,p — hk) de F(p) & |f4,p — hk) appartenant a F(p — 2hk). Nous devrions par
conséquent tenir compte des cohérences externes entre des états appartenant a des familles
F(p) différentes. Nous n’allons donc pas faire un calcul quantitatif d’un tel couplage et
nous nous contentons d’évaluer un ordre de grandeur pour la compensation nécessaire du
champ transverse. En caractérisant ’effet du champ transverse B, par une oscillation entre
les différents sous-niveaux Zeeman de 1’état fondamental nous pouvons négliger ’effet de
B, si le moment cinétique n’a pas précessé de fagon appréciable pendant toute la durée

d’interaction. Nous écrivons donc la condition
0 =2nyBint < 7/2 (IIIB2 — 23)

ce qui avec un rapport gyromagnétique de v = 2.8M Hz/gauss et pour 6;,, = 300I'"!

impose une compensation de B, de:
|B1| < 2mgauss (I1IB2 — 24)

Dans un premier temps nous avons réalisé cette compensation du champ magnétique
terrestre a ’aide de trois paires de bobines de Helmholtz, en utilisant la sensibilité de
I’effet Hanle au champ magnétique (voir chapitre IT).Ceci nous a permis d’observer pour la
premiere fois dans la distribution des vitesses, le double pic prévu pour les résonances noires.
Une étape supplémentaire dans la compensation a été obtenue en utilisant un blindage en
pu-métal démagnétisé in situ aprés avoir réalisé la prémiére compensation (compensation
du champ magnétique & mieux de 1 mgauss). L’inconvénient de cette solution est qu’on ne
peut alors plus appliquer un champ extérieur B dans la zone d’interaction. En particulier

on ne peut le faire varier pour observer ’effet Hanle mécanique.

c) distributions des vitesses

Les expériences des résonances noires sélectives en vitesse ont été réalisées sur le
jet supersonique d’héliurn métastable en provenance du groupe du professeur H. Haber-
land & Fribourg. Avec une source refroidie a ’azote liquide (Tp = 77K) et un canon
a électrons dans une configuration de bombardement antiparallele nous avons obtenu
4 10'2He*(235,)/sec/sr. La distribution des vitesses longitudinales présentait, lors de

ces premiéres expériences decrites dans la partie IIIB1, deux pics a v; = 700m/s et
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vy = 1300m/s avec une vitesse moyenne de vy = 1100m/s (fig. I1I-21). La résolution
en vitesse transverse qui en découle autour d’une vitesse transverse moyenne de vy, =

% = 0.0916m /s est de 'ordre de:

vy — v 1300 — 700 _
o Vrec = 1100 0.0916 = 5¢cm/s

Av) =

Les fentes utilisées pour ’analyse en vitesse transverse avaient une largeur de d = 100um
ce qui se traduit & une distance de D = 1.4m par la méme résolution en vitesse transverse:
A 4 _ sem/
vy =v—= = 5cm/s.
4 L 2D

Remarque:

Dans les expériences ultérieures, notemment avec le jet d’hélium métastable con-

struit a I’Ecole Normale Supérieure, nous avons appris a trouver des conditions

permettant de réaliser des distributions de vitesse avec un seul pic et plus étroites

(voir chapitre I).
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Temps de vol

He

1300m/s

700m/s

Fig. III-21 : Mesure des temps de vol lors des expériences de "réso-
nances noires sélectives en vitesse a une dimension” en 1988. Avec
une source refroidie a l’azote liquide (Tp = 77K) et une tension
d’accélération de U,.. = 40V pour le canon a électrons dans une config-
uration de bombardement antiparalléle nous avons obtenu une intensité
de 10'?2He*(235,)/sec/sr. La distribution des vitesses présentait alors
deux pics autour de 700 m/s et 1300 m/s avec une vitesse moyenne des
atomes de 1100 m/s.
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CHAPITRE III

ITIIC - ETUDE DETAILLEE DES RESONANCES NOIRES SELECTIVES EN VITESSE

Apreés avoir exposé dans IIIA les idées physiques a la base du piégeage cohérent de pop-
ulation sélectif en vitesse et aprés avoir présenté la premiére mise en évidence expérimentale
de cet effet sur un jet d’hélium métastable (IIIB), nous allons présenter maintenant une
étude plus détaillée, tant théorique qu’expérimentale, de ce nouveau mécanisme de re-
froidissement. Dans la partie IIIC1 nous présentons, sous forme d’un article, une anal-
yse théorique de base. Nous montrons comment établir les équations de Bloch optiques
généralisées décrivant ce phénoméne dans un traitement compléetement quantique pour les
atomes, en suivant la méme démarche que lors de I’étude de I’évolution temporelle de ’effet
Hanle mécanique (voir IIB). Nous étudions alors I’évolution de la distribution des vitesses
a ’aide d’une intégration numérique de ces équations. Ceci nous permet en particulier de
voir le comportement de cette distribution et ’efficacité du processus de refroidissement
lorsqu’on varie ’intensité des deux ondes lumineuses ou le désaccord.

Dans la partie IIIC2 nous compléterons cette discussion théorique par des études éla-
borées postérieurement a cet article. Dans un premier paragraphe (IIIC2 a) nous abor-
derons la question de la caractérisation de notre processus de refroidissement. Comme la
distribution des vitesse n’a dans notre cas pas la forme d’une gaussienne, nous ne pouvons
pas définir de température telle que pour une distribution de Maxwell-Boltzmann. Nous
étudierons donc différents critéres pour décrire 'efficacité du refroidissement.

Un autre probléme, apparu a la fois dans les courbes expérimentales et dans les courbes
théoriques, est la différence dans les distributions de vitesse entre un désaccord rouge
(6 < 0) et bleu (6 > 0). Nous présenterons dans IIIC2 b une explication de ce phénoméne

en nous basant sur les équations de Bloch optiques généralisées. Nous présentons enfin
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dans le paragraphe IIIC2 c un test expérimental pour confirmer l'existence de trés fortes
corrélations entre les degrés de liberté internes et externes de ’atome, qui peuvent étre
importants dans ’optique d’expériences d’'interférométrie atomique.

L’étude du réle des polarisations des deux ondes laser (IIIC3) permet de prévoir égale-
ment un phénomeéne de "résonances noires sélectives en vitesse” lorsque les deux ondes se
contrepropageant ont par exemple des polarisations linéaires orthogonales. Nous présentons
’observation expérimentale du double pic dans une telle configuration de polarisations, et
nous discutons plus généralement les conditions sur les polarisations des deux lasers per-
mettant d’observer un tel effet.

Nous abordons ensuite dans la partie IIIC4 de ce chapitre la question de la généralisation
des résonances noires sélectives en vitesse a plusieurs dimensions. Nous étudierons en parti-
culier des propositions pour généraliser ce mécanisme de refroidissement a trois dimensions

sur une transition J =1—-J =1.

1) Analyse théorique de base : J.Opt.Soc.Am. B6, 2112 (1989)
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We present a theoretical analysis of 2 new one-dimensional laser-cooling scheme that was recently demonstrated on
a beam of metastable ‘He atoms. Both internal and translational degrees of freedom are treated quantum
mechanically. Unlike semiclassical approaches, such a treatment can be applied to situations in which the atomic
coherence length is of the same order of or larger than the laser wavelength, which is the case for atoms cooled below
the one-photon recoil energy. We introduce families of states that are closed with respect to absorption and
stimulated emission, and we establish the generalized optical Bloch equations that are satisfied by the correspond-
ing matrix elements. The existence of velocity-selective trapping states that are linear combinations of states with
different internal and translational quantum numbers is demonstrated, and the mechanism of accumulation of
atoms in these trapping states by fluorescence cycles is analyzed. From a numerical solution of the generalized
optical Bloch equations, we study in detail how the final atomic-momentum distribution depends on the various
physical parameters: interaction time, width of the initial distribution, laser detuning, laser power, and imbalance
between the two counterpropagating waves. We show that the final temperature decreases when the interaction
time increases, so that there is no fundamental limit to the lowest temperature that can be achieved by such a

method. Finally, possible extensions of this method to two-dimensional cooling are presented.

1. INTRODUCTION

Laser cooling uses momentum exchange between photons
and atoms to reduce the kinetic energy of atoms. Since each
elementary momentum transfer is equal to the photon mo-
mentum hk, the one-photon recoil energy Eg = A2k2/2M (M
is the atomic mass) represents an important landmark in the
energy scale. Recent developments in laser cooling have
permitted researchers to reach the regime where the equilib-
rium atomic kinetic energy becomes of the order of a few Ep
(Refs. 1-3) or even smaller than Ez.4 In this new regime,
where the elementary momentum transfer can no longer be
considered a small quantity, the analogy between atomic
motion in laser light and Brownian motion breaks down, and
the Fokker-Planck description of laser cooling is no longer
valid. A new theoretical treatment is thus required.

The purpose of this paper is to present a quantitative
analysis of laser cooling below the one-photon recoil energy
by velocity-selective coherent population trapping. A one-
dimensional laser cooling of this type was recently demon-
strated on a beam of metastable ‘He atoms.* Here we
present equations of motion that permit a quantitative in-
terpretation of such a cooling scheme, and we discuss their
physical content as well as their solutions. The theoretical
approach followed here can be also useful for the analysis of
other situations in which temperatures of the order of the
one-photon recoil energy are approached. For example,
similar equations can be found in the analysis of laser-cool-
‘ing schemes below the Doppler limit based on gradients of

laser polarization® or in the investigation of the lowest tem- .

perature that can be reached by cooling with ultranarrow

0740-3224/89/112112-13$02.00

atomic transitions for which AT' < Eg, where I' is the natural
width of the line.6

To describe atomic motion in laser light, one usually starts
from equations of motion that describe the coupled evolu-
tion of the internal and external (translational) atomic de-
grees of freedom as a result of resonant exchanges of energy
and momentum between photons and atoms. Because of
the discrete character of the photon momentum %k, these
equations are finite-difference equations. They are usually
transformed into coupled partial differential equations
through an expansion of the density-matrix elements in
powers of Ak/Ap, where Ap is the width of the atomic-mo-
mentum distribution. For sufficiently slow atoms, one also
makes an expansion in powers of kAp/MT (the ratio between
the Doppler shift and the natural width). Finally, after an
adiabatic elimination of the fast internal variables, one gets,
for the atomic Wigner function, a Fokker-Planck equation
that allows one to consider atomic motion in laser light as a
Brownian motion and that provides theoretical expressions
for the friction coefficient v and the diffusion coefficient D
and consequently for the equilibrium temperature T (kgT ~
D/M~)."

The previous theoretical scheme is valid only if the expan-
sion parameter hk/Ap is very small, i.e., if the atomic coher-
ence length h/Ap is small compared with the laser wave-
length X = 27r/k. When the energy kgT = p?/2M becomes of
the order of or smaller than the recoil energy Eg = h2k?/2M,
we reach a new regime where the coherence length h/Ap

becomes longer than the laser wavelength A. It is then no

longer possible to consider the atomic wave packet to be well
localized in the laser wave and to describe its motion by a

© 1989 Optical Society of America
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Fokker-Planck equation. We must return to the full quan-
tum coupled equations of motion. This is precisely what we
do in this paper.

The paper is organized as follows. InSection 2 we give the
level scheme and the laser configuration that are used in the
new laser-cooling method, whose principle is briefly ex-
plained. We show in Section 3 that, for two counterpropa-
gating ¢4 and o- circularly polarized laser waves, the ab-
sence of redistribution of photons between the two waves
allows us to introduce a finite number of states, labeled by
external and internal quantum numbers, and that are cou-
pled by absorption and stimulated-emission processes.
These closed families of states are the basic ingredient of this
paper. In Section 3 we give the equations of motion of the

- density-matrix elements within such a family as a result of
absorption and stimulated emission, and in this way we
interpret the principle of velocity-dependent coherent pop-
ulation trapping. Spontaneous emission plays an important
role in redistributing atoms among the different families.
The corresponding equations are established and discussed
in Section 4. It is then possible to write in Section 5 the full
equations of motion as well as of the initial state and the
detection signal. Numerical solutions of these equations are
presented in Section 6, and the influence of the various
physical parameters is discussed in detail. Finally, a possi-
ble extension of this new cooling scheme is considered in
Section 7.

2. SIMPLE PRESENTATION OF THE NEW
LASER-COOLING SCHEME

The new scheme uses a three-level A configuration in which
two degenerate ground sublevels g, are coupled to an excited
level eg by two counterpropagating o+ and o— polarized laser
beams with the same frequency wy [Fig. 1(a)]. Inthe experi-
ment described in Ref. 4, g; are the two Zeeman sublevels m
= %] of the 23 S, state of *He, whereas epis the m = 0 Zeeman
sublevel of 23 P, [the Clebsch-Gordan coefficient between
23 S) (m = 0) and 23 P; (m = 0) vanishes, permitting us to
ignore the 23 S; (m = 0) state in what follows).

First consider an atom at rest. For such an atom the two
apparent laser frequencies are equal, and resonant processes
involving one interaction with each beam can take place

between g+ and g-. We can then show that there is a coher- -

ent superposition of g+ and g_ that is not coupled to eg by the
laser excitation. Such a situation occurs when the two am-
plitudes for absorbing a o4+ or a o— photon interfere destruc-
tively. For example, if the two excitation amplitudes g+ —
eg and g- — ¢ are equal, the nonabsorbing coherent super-

position of g, and g- is just (lg+) — lg-))/\2. Anatomputin -

such a superposition of states remains trapped there indefi-
nitely since it can no longer absorb light. Such a mechanism
of coherent population trapping owing to destructive inter-
ference between two excitation amplitudes is actually quite
general and can give rise to narrow resonances. It was dis-
covered in 1976,% and several theoretical treatments based
on optical Bloch equations® or on the dressed-atom ap-
proachi®l! have been given.

Coming back to the scheme of Fig. 1(a), we suppose now
that the atom is moving along Oz. The Raman resonance
condition is no longer fulfilled as a consequence of opposite
Doppler shifts on the two counterpropagating laser beams.
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Fig. 1. Three-level A configuration. (a) Two degenerate ground
sublevels g, are coupled to an excited level ¢g by two counterpropa-
gating o4 and o- circularly polarized laser beams with the same
frequency wr; the corresponding coupling matrix elements are K,/2
and K_/2 in frequency units. (b) Closed family of states coupled by
interaction with the two lasers. Each state is characterized by its
internal quantum number and its linear momentum along Oz.

g_,p-hk

It follows that the two excitation amplitudes g+ — epand g-
— ¢o can no longer interfere destructively. This simple
argument explains how the phenomenon of coherent popu-
lation trapping can be velocity selective for appropriate laser
configurations.!2 The new cooling scheme discussed in this
paper consists of accumulating atoms in the zero-velocity
nonabsorbing state where they remain trapped. To popu-
late this state, we take advantage of the momentum redistri-
bution due to spontaneous emission, which allows certain
atoms to be pumped optically from the absorbing velocity
classes into the nonabsorbing state. Since the recoil of the
last spontaneous-emission photon is part of the cooling
mechanism, the one-photon recoil energy is not a limit, and
the final temperature is limited only by the coherent interac-
tion time.!3 Note also that, unlike other cooling schemes,
our mechanism, based on a Raman resonance condition,
does not depend on the sign of the laser detuning.

- However, the previous analysis is too crude. Since the

- two laser waves propagate in opposite directions, the phases

of the two electric fields, and consequently the phases of the
two excitation amplitudes g- — ¢ and g4 — e, vary as
exp(ikz) and exp(—ikz), respectively. It follows that, for an
atom at 2z, the nonabsorbing superposition of states must be
written as ’

L
V2

and depends on z. On the other hand, when the atoms get
very cold (Ap <« hk), their coherence length becomes large
compared with A, and it is no longer possible to restrict the
discussion to atoms localized at a given 2. This shows that
the nonabsorbing state must actually be described by an
extended spinor or vector wave function of the type of ex-
pression (2.1), which exhibits strong correlations between
internal and external degrees of freedom. A more rigorous
analysis thus requires the introduction of a basis of states
involving both internal and translational quantum numbers

[exp(ik2)lg, ) — exp(—ikz)lg_)] (2.1)
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and that we expand the atomic state vector (or density ma-
trix) on such a basis. That is what we do in Section 3.

3. CLOSED FAMILIES OF STATES COUPLED
BY ABSORPTION AND STIMULATED
EMISSION

A. Physical Idea and Notation
Let us introduce the state leg, P), which represents an atom
in the excited state eg with a linear momentum p along Oz
(pi, = p, where pg is the atomic momentum). Because of
angular-momentum conservation, the interaction with the
o+ circularly polarized wave (stimulated emission or absorp-
tion) can couple together only epand g_. On the other hand,
because of linear-momentum conservation, such an interac-
tion with a wave propagating toward +0z involves the ex-
change of a photon of momentum +hk and thus can couple
only leg, p) and lg—, p ~ k). Similarly, the interaction of
the atom with the o- circularly polarized wave propagating
toward —0z can couple only leg, p) and lg+, p + hk) [Fig.
1(b)].

We are thus led to introduce a family of three states
coupled by absorption or stimulated emission:

F(p) = lleg, P), lg_, p — hk), lg,, p + hk)}. (3.1)

As long as spontaneous emission is not taken into account,
this is a closed family of coupled states.

When considering the evolution of the density-matrix ele-
ments due to absorption and stimulated emission, strong
selection rules appear. For instance, (eo, p’loleo, p”) is cou-
pled only to (g., p’ + hklkale, p”) and (eq, p’lolgs, p” & hk).
A further simplification happens because all the interesting
quantities that we need to calculate (see Section 5 below) are
terms such as (eq, ploleo, p), (g+, plolg+, p), (g-, p lolg-, p),
and (g, p — kklolgs, p + hk). These terms are coupled only
to terms internal in the family. For example, (eq, ploleq, p)
is coupled only to {gs, p + hkloles, p) and (eo, plolgs, p £
hk). In summary, the evolution equations relevant to the
problem under discussion will involve only density-matrix
elements defined inside a family F(p). For such elements,
we use the simplified notation,

0.(p) = (e, ploley, p), | (3.2a)
042(P) = (g4, p £ hklolg,, p + Ak), (3.2b)
0.+ (p) = (eq, plolg,, p + hk), (3:2¢)

‘rie(p) = [”ei(p)] *.

We show below that, although spontaneous emission couples
different families, it involves only coupling with terms of the
type defined in Eqs. (3.2). For instance, g..(p) can decay
only to terms such as o++(p’) and o—_(p’). The elements
defined in Eqgs. (3.2) are thus the only ones that we have to
consider.

(3.2d)

Remarks

(i) The notion of closed families of states is central in the
analysis presented in this paper. It must be emphasized
that closed families exist only for specific level schemes and
laser wave configurations.}4 Inthe standard situation when
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a two-level atom interacts with two counterpropagating lin-
early polarized waves, le, p) is coupled to lg, p — 1k ) and lg, p
+ hk), which are themselves coupled to le, p), le, p — 2ak),
and le, p + 2kk), etc. Insuch asituation, each family has an
infinite number of coupled states. Families of this type
have been already considered (see, for example, Ref. 15).

(ii) The quantity p appearing in Eq. (3.1) or Egs. (3.2) is
just a label used to index a family. We will see below that it
can be interpreted as the total linear momentum (modulo
hk) of the atoms + laser field system, which is an invariant
quantity of the family.

B. Evolution Equations

We now write the equations describing the evolution of the
atom interacting with the laser field, taken as a classical
field. Here we do not yet take spontaneous emission into
account, and we consider only absorption and stimulated-
emission processes. The corresponding Hamiltonian is the
sum of two parts:

H=H,+V, (3.3)

where H,4 is the Hamiltonian of the free atom and V is the
laser-atom coupling. H,4is the sum of the kinetic and inter-
nal energies: :

2

H,= Pﬁ + hugleg) (eq- (3.4)
In order to simplify the equations, we consider here the case
when the two ground states lg4) and lg_) have the same
internal energy, taken equal to zero. The formalism devel- -
oped in this paper could easily be generalized to the case
when the energies E,, and E,_ are different, and the physics
would be the same provided that the two laser frequencies
differ by (E,, — E,_)/h.

The coupling Hamiltonian is

V=-D-EG,1), (3.5)

where D is the electric-dipole-moment operator and E(z, t)
is the classical electric field:

E(z,t) = Yole, E, expli(kz — w;t) + c.c.]}
+ Yje_E_expli(—kz — w;t) + cc}l, (3.6)

(where c.c is the complex conjugate). The first term corre-

" sponds to a o4 circularly polarized wave propagating toward

z > 0, while the second one corresponds to a ¢_ circularly
polarized wave propagating toward z < 0 [ex = F(e, £ le,)/
2]
V&f.

The coupling of the atom with each of these waves is
characterized by the Rabi frequencies K+ and K

d.E
Ky=——22=, d,=(egle,-Dlg.). (3.7a)
Note the selection rules
(egle, - Dlg,) = (egle_-Dlg_) = 0, (3.7b)

which can be interpreted in terms of conservation of angular
momentum. With the rotating wave approximation, V can
be written as
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hK, . hK_
V= - leg) (gl exp(lk;) + 5 leg) (84
X exp(—ikz):l exp(—iw;t) + H.c. (3.8)

(where H.c. is the Hermitian conjugate).
Note that in Eq. (3.8) z is an operator acting on the exter-
nal degrees of freedom of the atom. Using the relation

exp(+ikz) = Z IpY¥{(p F hkl,

we finally get

hK hK_
V= g[——2—+ 'eo,P)(g-,P - hkl + T leo,p)<g+,p + hkl:l

X exp(—iw;t) + Hee. (3.9)

It clearly appears from Eq. (3.9) that le, p) is coupled only to
le—,p — hk)andlgs, p + hk). Aswas already emphasized in
Subsection 3.A, the atom-laser interaction can induce tran-
sitions only inside the closed family F(p). The evolution of
such a family is thus described by a closed set of equations
among the nine density matrix elements characterizing the
family at time ¢ [Eq. (3.2)].

In order to eliminate time-dependent coefficients, it is
useful to make the usual transformation

Ge+(D) = 0., exp(iwyt),
74+-(p) = 04 _(p),

5;(p) = 0;(p) i=+,—,¢e). (3.10)

The evolution equations are then

[i a__(p)] - o+ ee,

2
[ ”++(P)]
K *
[ ]Hm S+ i a0 + o,
[dt e+(p)]Ham 61, + k A—l + "’R) e+(p)
K. K,
=1 —2" [&++(P) ee(p)] i— d—+(p)’
d =ifs, =k 2 5
[ = e_(p)]Hmn l(ﬁL R+ wR)ae_(p)
K, K.
-l [6.-(P) — 3..(P)] —i—5_,"(p),

d. Y - TS Ko,
[-d—t ¢7_+(p):|mm =—i 7 G.+(D) +1i 5 - (p)
+ 2ik % 7_.(D), (3.11)

-and three complex-conjugated equations.
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These equations generalize the usual optical Bloch equa-
tions by including external quantum numbers.!6 We have
called wp = hk2/2M the recoil frequency shift and é; = w; —
wpis the laser detuning. Note that kp/M is the Doppler shift
associated with the velocity p/M.

C. Velocity-Selective Coherent Population Trapping

The evolution equations [Eqgs. 3.11)] allow us to understand

how coherent population trapping is velocity selective in the

configuration considered here. Let us consider the follow-

Ii;:g two orthogonal linear combinations of lg4, p + k) and
—,p—hk):

Wnctp)) = - le_, p - hk)
N (K12 + |K_[?2 - P
K
- m les, p + k), (3.12a)
- g p-nk
I\!/C(p)) (|K+'2 + IK-P)I/Z ‘g P )

K_t

T K+ R P (3.12b)

Ig+1p+ hk)

The reason for introducing l¥nc(p)) is that, according to Eq.
(3.9), the transition matrix element between lync(p)) and
leg, p) vanishes:

(e, plVliYnc(p)) = 0.

Consequently, an atom in the noncoupled state l¥nc(p))
cannot absorb a laser photon, and it cannot be excited to
les, p). A similar calculation gives

(3.13a)

(g PIVIY (D)) = % (K, 12 + IK_I»)Y2 exp(~iw;t) (3.13b)

and shows that lyc(p)) is coupled to the excited state.

We now suppose that an atom has been prepared at a
certain time in l¢nc(p)), and we study its subsequent evolu-
tion. Equations (3.11) and (3.12) lead to the following equa-
tion of motion for (Ync(p)lel¥nc(p)):

i p 2KK_
” (Incol¥ncp)) = LkMIK R+ K

X (¥nc@lelyc(p)) + cc. (3.14)

Suppose first that p = 0. The right-hand side of Eq. (3.14)
then vanishes. This means that an atom prepared in
l¥nc(0)) cannot leave this state either by free evolution (ef-
fect of the free Hamiltonian H4) or by absorption of a laser

- photon (effect of the laser-atom coupling V). Although we

have not yet taken spontaneous emission into account, it is
clear also that the atom cannot leave [{nc(0)) by spontane-
ous emission since this state is, according to Eq. (3.12a), a
linear combination of two ground states lg+) and lg- ), which
are both radiatively stable. To conclude, the state lync(0))
is a perfect trap since an atom prepared in this state remains
there indefinitely.

On the other hand, if p > 0, Eq (3.14) shows that thereis a
coupling proportional to kp/M (coming from the free Hamil-
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tonian H ) between [ync(p)) and l¢c(p)). This means that
an atom initially in lfnc(p)) can be transferred by H, to
lyc(p)) and from there to leo, p) by V [see Eq. (3.13b)]. The
state lyc(p)) cannot therefore be considered a perfect trap
when p # 0, since excitation by the laser can take place after
an intermediate transition to l¢c(p)). Interpreting p/M as
the atomic velocity in the excited state of the family F(p), we
thus see that coherent population trapping in lnc(p)) is
velocity selective, since it happens only for p = 0.

The motional coupling between lync(p)) and lc(p)) ap-
pearing in Eq. (3.14) can also be interpreted by noticing that
when p # 0 the kinetic energies of lg., p — hk) and lg4+, p +
hk) differ by 2hkp/M. 1t appears clearly from Egs. (3.12)
that, in this case (p ¢ 0), l¥nc(p)) and |¥c(p)) are not
stationary with respect to H4; consequently H, induces an
oscillation between these two states. It is easy to show that
the Rabi frequency of this oscillation is just 2kp/M, which is
also the beat note between the two Doppler-shifted laser
frequencies. The visibility of this oscillation is maximum
(equal to 1) when the intensities are equal (IK4| = [K_]).

Remarks

(i) 'The various couplings between {¥c(p)), Wnc(p)), and
leo, p) due to H, and V are represented in Fig. 2. lc(p))
and lnc(p)) are coupled by the motional term kp/M;
lyc(p)) and leg, p) are coupled by the atom-laser interaction
K/\2 (here we take K, = K- = K). Although we have not yet
introduced spontaneous emission, we know that lep, p) has a
natural width I'. It follows that for a resonant excitation (5,
= 0), and in the weak-intensity limit (K <« I'), the Rabi
coupling K/\2 between lc(p)) and the broad state Ieo, p)
gives to the state l¥c(p)) a finite width

I‘" = 2K*/T. (3.15)

The same argument shows that the motional coupling kp/M
between |ync(p)) and the state lyc(p)) with a width I gives
to lync(p)) a finite width I'”, which, in the limit kp/M < I,
is equal to

2(kp/M)°’T

=

(3.16)

T” is the probability per unit time of an atom’s leaving the
state |¢N¢(p)-). The smaller p, the longer the time an atom

€0.P

r
X
7z
kp/M .
ry P r
¥.(p) yclp)

Fig. 2. Couplings and level widths for the three states leq,
l¥c(p)), and l¥nc(p)) of the family F(p). lc(p)) is coupled to eo,
p) by the laser (coupling matrix element K/A'2). l¢nc(p)) is coupled
to l¥c(p)) by the motion (coupling matrix element kp/M). As a
result of these couplings, l¢c(p)) and l¢nc(p)) acquire finite widths
|I" and I'”, respectively (departure rates). T is the natural width of
eg, p)-
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can be trapped in lnc(p)). Consider an interaction time ©.
Only atoms with p such that I'’8 < 1, i.e., such that

koY KT
(M) 20T’
can remain trapped in the noncoupled state during 6.
(ii) One can give a classical picture of velocity-selective
coherent population trapping for the situation considered
here. The electric field [Eq. (3.6)] is linearly polarized at
every point, with the direction of polarization changing with
z as a helix of pitch A. On the other hand, for a state
lWne(p)) the transition electric-dipole moment between the
state lyne(p) ) and the excited state leg, p) also makes a helix
with the same pitch A, orthogonal everywhere to the electric
field, so that the coupling is zero. For a state lyc(p)) the
transition-dipole moment makes a similar helix shifted by A/
4, and it is parallel everywhere to the electric field, so that
the coupling is mazximum. Suppose now that an atom is in
the state lync(p)) at a given time; the transition-dipole-
moment helix will move along Oz with a velocity p/M, so that
the probability of the atom’s being in l¢c(p)) (i.e., to be
excited to leg, p)) will be modulated at the frequency 2kp/M.

If p = 0, the transition electric-dipole-moment helix does
not move. It remains orthogonal to the electric-field helix

(3.17)

- indefinitely, and the atom cannot be excited to leg, p): it is

thus trapped in fync(0)).

4, SPONTANEOUS EMISSION

A. Redistribution among Families

In Section 3 we showed that an atom prepared in [ync(0))
cannot leave this state by any process. We now have to
explain how atoms can be prepared in such a state. In this
respect, spontaneous emission plays a basic role since it
allows atoms to jump from one family to another one. In
particular, atoms can be optically pumped from a family F(p
# Q) into the family F(p = 0) where they may get trapped in
the lync(0)) state.

Consider an atom in the excited state leg, p) of the family
F(p). It can emit by spontaneous emission a fluorescence
photon in any direction. Suppose that the fluorescence
photon has a linear momentum u along Oz (u can take any
value between —hk and +hk). Because of the law of mo-
mentum conservation, the atomic momentum changes by
—u, so0 that, in such a process, the atom makes a transition
from leo, p) to lg+, p — u) [Fig. 3(a)] or to lg_, p — u) [Fig.
3(b)] or to a linear superposition of these two states. Note
that the two states lg., p — u) do not in general belong to the
same family as leg, p): lg+, p — u) belongs to F(p — u — hk)
and lg-, p — u) to F(p — u + hk) (see Fig. 3). Spontaneous
emission can thus redistribute atoms from the family F(p) to
any family F(p’), with

p—2hk < p’'<p+ 2hk, (4.1)

This diffusion in the family space provides the mechanism
for accumulating atoms in the family F(p = 0).

B. Corresponding Terms in the Master Equation

The first effect of spontaneous emission is the usual damp-
ing of populations and coherences involving the excited
statel?
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Fig. 3. Redistribution among families by spontaneous emission.
Spontaneous emission of a photon with linear momentum u along
Oz (wavy lines) can bring an atom from the family F(p) (solid lines)
to the family F(p — u — hk) [dashed lines in (a)] or to the family F(p
= u + hk) [dashed lines in (b)]. Each state is represented by a point
with an abscissa equal to its atomic momentum along Oz and by its
internal quantum number eq (upper horizontal line) or gs (lower
horizontal line). The label of a family is the atomic momentum of
its excited state.

[% 2P| = =T, (P) (4.23)
[% otp)| =~ g 0., (), (4.2b)
[% otp)| =~ —g o._(p). (4.20)

The corresponding feeding terms in the ground state must
take into account the redistribution among families intro-
duced above. Consider, for example, [do++(p)/dt)sp, which
gives the rate at which lg4, p + Ak) can be populated by
spontaneous emission. Such a state is populated from leg, p
+ hk + u) [see Fig. 3(a)] with a rate I'yH(u), where H(u) is
the normalized probability . .

+hi
] duH(u) =1
—hk

that the emitted photon has a momentum u along Oz and T,
is the deexcitation rate from the excited state e to the state
&+; the oscillator strength of the transition ey — g4 having
been taken into account:

T, =T/

Summing over u, one gets!?

d T +hk i o
< a++(p)]sp -7 ] duHW)o, (p + hk +u).  (4.38)

A similar argument {see Fig. 3(b)] gives

d T +hk
[& o'__(p)] -7 I_M duH(u)o,(p+u — hk).  (43b)

sp

The kernel H(u) depends on the radiation pattern for the
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leg) — lg+) transitions.’® For instance, in the {J = 1, m = 0)
— ]J =1, m = +1) transition considered in Ref. 4,

2
‘Huy =31 (1+ u ) (4.3¢)

8 hk h2k?

The possibility of feeding the coherences of the ground
state o+-(p) must also be considered. Infact, we are dealing .
here with Zeeman ground sublevels, and it is well known that
such coherences can be fed only by corresponding coher-
ences in the excited state. But here there is only one popu-
lated excited state, so we have no feeding term for these
ground Zeeman coherences. More precisely, spontaneous
emission of a photon hk in a well-defined direction (and with
a well-defined polarization) from the excited state leg, p) will
give rise to a well-defined coherence between lg,, p — #k)
and lg—, p ~ Ak). But, if we average over the azimuthal
angle ¢ of k, keeping the angle § between Oz and k constant,
and if we trace-over the components of the atomic momen-
tum perpendicular to Oz (which are not observed), we find
that the coherence between lg;, p — u) and lg_, p — u)
(where p = p, and u = hk cos 8) vanishes. This is a conse-
quence of the invariance of spontaneous emission in a rota-
tion around Oz.

We must also discuss the question of external coherences,
i.e., terms such as

(g-, p'lolg_, p").

We can show that because of translational invariance for
spontaneous emission in free space, such a term could be fed
only by a corresponding coherence in the excited state, i.e.,
by a term

(e, p’ — ulole, p” = u).

In the problem considered here, we start from an initial
distribution of atoms in the ground states lg_, p’) and lg.,
p”), without any coherence between such terms. The cou-
pling [Eq. (3.9)] cannot create external coherences in the
excited state from such an initial state, and we can thus
conclude that spontaneous emission will not feed external
coherences in the ground state.

We have thus justified the statement of Subsection 3.A
according to which the only density-matrix elements rele-
vant to our problem are the elements defined in Eqs. (3.2),
i.e., density-matrix elements defined inside a family F(p).
We can also conclude that Eqs. (4.2) and (4.3) describe
correctly the effect of spontaneous emission for the problem
discussed in this paper.

C. Mechanism for Accumulating Atoms in the Trapping
State

As is shown by Eqs. (4.3a) and (4.3b), spontaneous emission
provides the mechanism for accumulating atoms in the trap-
ping state: indeed, an atom in the excited state leg, p) with 0
< p < 2hk can decay by spontaneous emission into lg,, +hk),
which increases o4+(p = 0) [see Fig. 3(a)]. Similarly, lg_,
~hk) [corresponding to o—_(p = 0)] may be populated from
any excited state |eg, p) with —2hk < p <0.

Note, however, that although each of these ground states
belongs to the ¥ (p = 0) family, an atom in lg., +#k) orin lg_,
—hk) is not yet in the trapping state lync(0)). This requires
a further step, namely, filtering in the state space. Take, for
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instance, an atom in lg_, —hk). It can be considered as being
in a linear superposition of lync(0)) and lc(0)):

le-,~hk) = = [¥c()) + We(O))] (4.4)
v

[see Egs. (3.12) in which Ky = K.* and p = 0]. While
lync(0)) is perfectly stable, l¢c(0)) is not, since it may get
excited through interaction with the lasers at a rate I {Eq.
3.15]. After a time long compared with I'"~1, the atom will
either be in lYnc(0)), where it will remain trapped, or it will
be involved in some new fluorescence cycles. This filtering
process thus leaves 50% of the atoms in the trapping state
[¥nc(0)), while the other 50% resume a sequence of fluores-
cence cycles. The physical mechanism involved in this fil-
tering is the Raman interaction that builds up the coherence
between lg., —hk) and lg,, +hk) that is characteristic of
[¥nc(0)).

The reason why l¥cn(0)) cannot be directly populated
from leg, p) by spontaneous emission is related to the conser-
vation of linear momentum. Just after the spontaneous
emission of a photon with momentum u, along Oz, an atom
starting from leg, p) has its momentum changed from p to p
— u. On the other hand, J¢nc(0)) is not an eigenstate of the
atomic momentum PZ. It follows that the spontaneous
emission of a photon with momentum u along Oz cannot
connect leg, p) to both states lg4, +hk) and lg-, —hk).

One may wonder how to deal with linear-momentum con-
servation during the second step, i.e., during the filtering
process. In fact, the laser fields have been considered here
as external classical fields, and there is no isolated system in
which one can look for momentum conservation. We could
indeed generalize our treatment by quantizing the laser
fields. Insuch atreatment, one finds that the three states of
agiven family have the same total linear momentum (sum of
the atomic and laser field linear momentum) equal to the
label p of the family, modulo Ak. The filtering process,
leading from lg_, ~#k) with the laser field in a certain quan-
tum state to l¢nc(0)) with the laser field in a different state,
conserves the total linear momentum.

5. EVOLUTION OF THE ATOMIC
MOMENTUM DISTRIBUTION

A. [Initial State .

For the initial atomic state, we take a statistical mixture of
the two ground states g, and g- with the same momentum
distribution along Oz:

P,%pL) = P_O(pL). (5.1)

The initial density matrix elements are thus equal to zero,
except for 044 and o_.:

o ip) = ?+0(P + hk),
o__(p) = P_%p - hk),
0P =0,
0,.P)=0a.,(p)=0.(p)=0. (5.2)
The assumption that there are no coherences and that the
momentum distributions are the same in the two ground-

state sublevels is quite natural for atoms in an atomic beam
emerging from a nozzle. However, in the real experiment?
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there is also an initial population in the m = 0 ground
sublevel that will be optically pumped into g, and g_; in
some circumstances (laser detuning different from 0) the
resulting distributions may be dissymmetric, and condition
(5.1) may not be fulfilled in some experiments. However, we
keep such a condition in the subsequent calculation since it
allows us to extract simply the most important features of
the new cooling process.

B. Master Equation: Generalized Optical Bloch
Equations

Adding the terms found in Section 3 and Subsection 4.B, we
get the equations governing the evolution of the density-
matrix elements:

do do do

dt (dt )Ham + (dt )sp’ (5-3)
where the first term [Eqgs. (3.11)] is the Hamiltonian evolu-
tion corresponding to free evolution and atom-laser cou-
pling. The second term [Egs. (4.2) and (4.3)] corresponds to
spontaneous emission.

In spite of the fact that internal and external degrees of
freedom are treated completely quantum mechanically, this
set of equation is remarkably simple, and it is well adapted
for a numerical step-by-step time integration. Note in par-
ticular that the finite momentum exchange ik (recoil) is
accounted for in all atom-field interactions, although it does
not appear explicitly in the atom-laser interaction because
of the concise notations [Eqs.(3.2)].

C. Final Atomic Distribution

We are interested in the atomic linear-momentum distribu-
tion along Oz at the end of the interaction with the lasers,
whatever the internal state of the atoms may be. This
distribution is!?

P(p2) = 044 (0% — hE) + 0__(pE, + hE) + 0, (pL). (5.4)

We can predict the shape of this distribution by using the
results of Sections 3and 4. Velocity-selective coherent pop-
ulation trapping consists in accumulating atoms around the
trapping state:

Wnc(0) = é lle_, —hk) — lg,, +hk)] (5.5)

[see Eq. (3.12a) with K, = K_ and p = 0).

First consider atoms trapped in l¢nc(0)). This state is
not an eigenstate of the linear-momentum operator, and a
linear-momentum measurement will yield either p?, = +hk
or p?, = —hk with equal probability (case |[K.| = IK_|). The
corresponding atomic-momentum distribution P(p?) is a
double Dirac peak at +hk [solid vertical lines of Fig. 4(a)).
For such atoms, the distribution of the population of the
noncoupled states (Ync(pMolync(p)) is a single Dirac peak
at p = 0 [solid vertical line of Fig. 4(b).

Now consider atoms in l¥nc(p)) with p close to 0. Their
atomic-momentum distribution P(pZ,) is a shifted double
Dirac peak at p%, = p & hk [dashed vertical lines of Fig. 4(a)].
The corresponding distribution of lyxc(p)) exhibits a single
Dirac peak with the same shift {dashed vertical line of Fig.
4(b)}.

We can then predict the atomic-momentum distribution
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Fig. 4. Ezxpected shape (a) of the atomic-momentum distribution
P(pi) and (b) of the population in the noncoupled state
(¥nc(@)lelync(p)). The vertical solid lines indicate the positions of
the Dirac functions representing the contribution of the atoms in
l¢nc(0)). The dashed vertical lines indicate the positions of the
Dirac functions representing the contribution of atoms in l¢nc(p)).
For atoms accumulated in noncoupled states hnc(p)) with p in a
narrow range ép around p = 0 (b), the expected atomic-momentum

distribution consists of twin peaks centered at £hk, with the same

shape and the same width 3p (a).

after an interaction time 8. As a consequence of inequality
(3.17), atoms are accumulated in states [¥nc(p)) with pina
narrow bapd around p = 0 with a width ép of the order of
p~ MK, (5.6)
kT O

The corresponding atomic-momentum distribution ?(pZ,)

will thus exhibit two peaks of width ép around p?, = thk .

[Fig. 4(a)]. Finally, these two peaks will emerge over a broad
background corresponding to atoms in the states lyc(p)).

6. NUMERICAL ANALYSIS AND DISCUSSION
OF THE RESULTS

We have obtained numerical solutions of the generalized

optical Bloch equations with internal and external degrees.

of freedom [Eq. (5.3)], making use of the convenient p family
basis introduced above. We have used the parameters cor-
responding to the experiment? on the transition 2 3$,-2 3P,
at A = 1.083 um of ‘He atoms (I'/27 = 1.6 MHz).

A. Numerical Procedure
The time evolution of the density-matrix elements is ob-
tained by incrementation starting from the initial condition
of Eq. (5.1). The time increment is typically 0.05 I'"}, small
enough to have no artificial instabilities introduced by the
incrementation.

The p variable is discretized in intervals ¢ = hk/30, be-
tween —ppuay and +pmy (typically puay = 30 Ak). These
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values have been chosen in order to fulfill the following

" requirements: First, e must be small compared with the

narrowest structure appearing in the p dependence of the
solution of Eq. (5.3). Second, pma; must be large enough
that the interesting part of the solution (near p = 0) is not
affected by the truncation of the p range. We have chosen
Pmax = 30Ak so that, for the largest value of 6 considered here
(6 = 1000r-1), the effect of momentum diffusion from p
values larger than puay to p = 0 is negligible.

B. Time Evolution of the Momentum Distribution

Figure 5 represents the final atomic-momentum distribu-
tion P(p3,) for four different interaction times (6T = 50, 150,
400, 1000). We have taken a zero detuning (6. = w; — wg =
0), a Rabi frequency K = |[K,| = |[K-| = 0.3T', and a Gaussian
initial distribution with a standard half-width at exp(—1/2):
Apg = 3hk. For 6 large enough, P(p,) exhibits two resolved
peaks emerging at Ak above the initial distribution. This
is the signature of the new cooling schéme. It isremarkable
that, for 6 = 150 I'"1, the cooling effect already appears.
When the interaction time increases, the two peaks become

" narrower and higher.

Figure 6 shows on a.larger momentum interval the shape
of the right wing of P(p;,) (the curve is symmetrical) at the
initial and final times. Besides the cooling effect, one sees
that a fraction of atoms has diffused toward higher momen-
tum values, which is in agreement with the physical picture.
of a diffusion in momentum space produced by spontaneous
emission.

In order to visualize the accumulation of atoms in l¥nc(p))
with p close to 0, we have also calculated the populations
(¥nc®@)al¥nc(p)) and (Yc(p)lolyc(p)). Figure 7 shows the

4
(P(Pat) 8-s0r-! @ 8:150r"" ®)
1 1-' a1 1 4 \; n
-le_ 0 +hk P:t
| 8:400r"! ©

3
kO +hk Pt
Fig. 5. Time evolution of the atomic-momentum distribution
P(pi). The dashed curves with half-width Apy = 3hk show the
initial distribution. As the interaction time § increases, the height
of the double peak at +hk (characterizing the new cooling process)
increases, and its width decreases. Conditions for these figures:

laser detuning &, = 0; Rabi frequencies of the atom laser coupling
Kl =IK_|=03r.
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.Fig.6. Half of Fig. 5(d) with a different scale showing the diffusion
of a fraction of the atoms toward large values of the momentum.
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Fig.7. Atomic population in the noncoupled states lync(p)) in the
same situation as for Fig. 5(d). The peak height is twice as large,
and the width is the same as in one peak of Fig. 5(d). At this scale,
the population in l{c(p)) would not be visible.

résulting distribution of (Ync(p)lel¥nc(p)) for the same pa-
rameters as in Fig. 5(d) [at this scale, {¥c(p)lolyc(p)) is so
small that it would not be visible]. The sharp peak near p =
0 appearing in the hYnc(p)) population is clearly related to
the double peak with the same width in the atomic-mo-
mentum distribution. The big difference between
(¥nc(P)lolync(p)) and (Yc(@)lolyc(p)) near p = 0 shows
that the coherence between lync(p)) and lyc(p)) is very
small.  In such a situation, the atomic distribution in the
peaks can be considered a statistical mixture of lync(p)) and
l¥c(p)). We have checked that, outside the peak of Fig. 7, of
the populations ) and lWc(p)¥nc(p)) are almost equal.

C. Peak Width, Temperature

In order to characterize the cooling process, we define a
temperature in terms of the width of a momentum distribu-
tion. According to the discussions above, the cooled atoms
arein states lync(p)) with a distribution of p values shown in
Fig. 7. We use the width of this distribution, which is also
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the width of each of the two peaks of Fig. 5(d), to define a
temperature. Since we do not address the question of a
Gaussian shape for this distribution, we will not give a pre-
cise value for the temperature. We can nevertheless note
that the peak half-width may become much smaller than the
one-photon recoil, corresponding to a temperature below the
recoil energy.

We have plotted the half-width Ap {taken arbitrarily at
exp(—1/2) after subtraction of the broad background] as a
function of the interaction time 8 [Fig. 8(a)] and of the Rabi
frequency K [Fig. 8(b)]. The results obtained are in good
agreement with a simple model based on relation (5.6),
which predicts a width varying as K61/,

Remark

To characterize the temperature, one could also calculate
the mean kinetic energy of the momentum distribution. We
do not think that such a quantity would be appropriate for
defining a temperature since, even if all atoms were in the
pure state l¥nc(0)), their kinetic energy would be nonzero
and equal to the recoil energy Ep, although this situation
obviously corresponds to a zero temperature.

D. Unbalanced Laser Beams

Figure 9 shows the atomic-momentum distribution-for un-
equal Rabi frequencies (K4 = 1.5K_). The peak height
difference is easily interpreted: when K = K_, the coeffi-
cients of the expansion of the trapping state lync(0)) on lg,
+hk) and lg—, —hk) [Eq. (3.12a))] have different moduli.

_A_P . @)
hk + _
O//
025\ &
r
7~ |
N T
0 004 008 1B
Ap ©)
Bk /O/’
o3l 0/0/3
02 e
//
01 s
1 1 1 1 3
0 04 08 K/T

Fig. 8. Half-width of the peaks (initial half-width Ap, = 3k, laser
detuning §; = 0): (a) Ap for various interaction times 6 for a Rabi
frequency K = 0.3T; (b) Ap as a function of the Rabi frequency K =
K+ = K- for an interaction time § = 1000’1, These results show
that Ap in proportional to §-1/2 and to K (dashed lines) and thus

confirm relation (5.6) for 6 large enough that the two peaks are well
separated.
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Fig. 9. Atomic-momentum distribution for unbalanced laser

beams. Same conditions as for Fig. 5(d) except for the Rabi fre-
quencies: K. =0.3T; K_ = 0.2T.
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Fig. 10. Atomic-momentum distribution for various detunings.
Same conditions as for Fig. 5(d) except for the detunings é, +T"
(a), corresponding to &, = 0, is the same as Fig. 5(d)]. Cooling is
efficient for any sign of the detuning.

One predicts that for atoms trapped in l¥nc(0)) the proba-
bility for a momentum +4k is [K+/K_|? times greater than
the probability for —hk. This is in good agreement with the
ratio of the two peaks of Fig. 9, which is found equal to 2.25
(theoretical value, 9/4).

E. Dependence on Laser Detuning

Figure 10 shows the atomic distribution at a given interac-
tion time 6 = 1000T""! for three different laser detunings (5,
=, §; = £T) and for the same laser intensities (K4 = K_ =
K). Note first that the new cooling mechanism is efficient
for the three values of the detuning and particularly that it
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does not depend strongly on the sign of §;. This has to be
contrasted with other schemes such as Doppler cooling,
stimulated molasses, and polarization gradient cooling,
which have a dispersionlike behavior.

The variation with éz of the height and width of the peaks
can be interpreted by an extension of the perturbative calcu-
lation of Remark (i), Subsection 3.C, to a nonzero detuning.
In this case, the width I' of hfc(p)) is changed [from Eq.
(3.15)] to

I = (YD) ——;- 6.1)
6L2 + -
4
In addition, l¥c(p)) undergoes a light shift20
5
¥ = (K2 ——- (6.2)
8,2+ —
4

-~ With -these modifications taken into account, the motional

coupling kp/M between lync(p)) and lc(p)) now gives to
l¥nc(p)) a width I'”:

’

I” = (kp/M)2 L.

72
8%+ —
4

(6.3)

Inserting Eqs. {(6.1) and (6.2) into Eq. (6.3), we find that

” — 2 r
I'” = (kp/M) K2 6.4)
which coincides with Eq. (3.16), showing that I'” does not
depend on the detuning é;. This explains why the peak
width, which is determined by I'” [Remark (i) of Subsection
3.C), keeps the same value for the three curves of Fig. 10. On
the other hand, Eq. (6.1) shows that IV decreases when the
detuning increases: the absorption rate for atoms in lyc(p))
is then weaker, yielding a lower optical pumping rate into
l¥nc(0)). This explains the smaller peak heights in Figs.
10(b) and 10(c).
Note finally-that there are small differences between the
curves corresponding to 6y = +T and §; = —=T'. These differ-
ences have not yet been interpreted.

F. Efficiency of the Cooling Process

The cooling process is characterized not only by its ability to
yield atoms in a narrow p range but also by the accumulation
of atoms in this range, leading to a final density (in p space)
larger than the initial one. The density at the center of the
cooled distribution (near p = 0) is measured by the peak
height.

We first considered the case of narrow initial distributions
centered on p = 0.. Figure.11(a) shows the evolution of the
peak height as a function of the interaction time for an initial
width of the momentum distribution Ap, = hAk. We have
checked that, for the same total number of atoms, the evolu-
tion is almost independent of the width of the initial distri-
bution, provided that this width is smaller than 2hk. An
immediate interpretation is that each fluorescence cycle
produces a redistribution in p space over an interval 2hk.
After a few fluorescence cycles, there is no memory of struc-
tures narrower than 2hk. In agreement with the interpreta-
tion of this new cooling scheme, the peak height increases
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Fig. 11. Accumulation of atoms in the peaks as a function of time.
The height of the peak (a) is a measure of the maximum atomic

density in the pspace. (b) Shows the fraction of atoms in the peaks.

Conditions are the same as for Fig. 5 except for the initial distribu-
tion (Apy = hk).

with time. The decrease of the slope can be related to a
depletion of the background of untrapped atoms that consti-
tute a reservoir for the accumulation process. It is also

interesting to study the evolution of the total number of ,

atoms in the peaks, since this results from opposite varia-
tions of height (which increases) and of the width (which
decreases). Figure 11(b) shows that a large fractions of the
atoms can be trapped in the peaks of cooled atoms.

We also investigated the case of broad initial distribution
(Apo > 3hk). For small interaction times 6, the evolution of
the peak height versus @ is linear and depends only on the
initial atomic density at p = 0. But a decrease of the slope
appears at an interaction time that is longer when the initial
distribution is broader. As a consequence, the peak height
(normalized by the initial density at p = 0) is larger for
broader initial distribution when 6 is long enough. For ex-
ample, for Apg = 10 ik and 6 = 1000I"' ! the normalized peak
height is 1.7 times larger than the one of Fig. 5(d) (corre-
sponding to Apo = 3hk, 8 = 1000I'"!). This behavior can be
interpreted by considering the diffusion of atoms in momen-
tum space, from the edges of the initial distributionto p =0,
where they can be trapped. Note finally that for Apg large
enough (and for §; = 0) the Doppler detuning can decrease
the diffusion rate at the edges of the momentum distribu-
tion, which introduces a natural cutoff that is independent
of Apy.

This discussion clearly raises the question of the asymp-
totic behavior at long interaction times. One can hardly rely
on a numerical calculations to answer this question. Note
that a double Dirac peak (corresponding to l¢nc(0))) is a
steady-state solution of Eq. (5.3), but we do not know wheth-
er such a solution can be reached by starting from realistic
initial conditions. This question is still unresolved.
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In order to increase the fraction of cooled atoms, we have
considered schemes in which atoms with large p would be
reflected toward p = 0 by interaction with another laser
beam. With such walls in p space, it is clear that the accu-
mulation process into [ync(0)) will continue indefinitely.

7. GENERALIZATION TO TWO DIMENSIONS

So far we have dealt only with one-dimensional cooling.
Now we explain how velocity-selective coherent population
trapping can be extended to two dimensions. We consider
the same atomic transition J, = 1 +>J, =1 as the one used in
the experimental demonstration of one-dimensional cool-
ing.* Figure 12(a) represents the various Zeeman sublevels
in the ground state and in the excited state and the Clebsch-
Gordan coefficients of the various transitions g, > en’ (m,
m’ = =1,0, +1). The laser configuration consists of three
laser beams [Fig. 12(b)] with the same frequency and the
same amplitude. .As above, there are two counterpropagat-
ing beams along Oz, one ¢4 polarized with a wave vector ké,
one o- polarized with a wave vector —ké, (k is the wave
number; &, is a unit vector along Oz). Inaddition, thereisa
third laser beam along Ox (wave vector k&,), linearly polar-
ized along Oz (r polarization). Each of these beams excites
only one type of transition: gm > en+1 for the o4 beam, g,
<+ e for the o— beam, and g,, <> e, for the = beam.
Consider the state

I¥nc®) = L (g_,, p — hke,) + lgg, p + REE,)
: \/g

+ g, p + BRE)), (1.1)

which is a linear superposition of three states differing not

€1 €o €41
1
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Fig. 12. Configuration for two-dimensional velocity-selective co-
herent population trapping. (a) The J = 1 == J = 1 atomic transi-
tion with the corresponding Clebsch-Gordan coefficients. (b) The
three laser wave vectors and polarizations for which the state de-
fined in Eq. (7.1) is trapping and velocity selective along Ox and Oz.
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Fig. 13. Closed family of states coupled by interaction with the
lasers of Fig. 12(b). Each state is characterized by its internal and
external quantum numbers.

only in their internal quantum numbers but also in their
momenta. We are going to show that such a state cannot be
coupled to any excited state in the same way as the lync(p))
states introduced in Subsection 3.C. For that purpose we
first determine to what excited states each component of Eq.
(7.1) is coupled (Fig. 13). Because of the conservation of
angular and linear momentum, an atom in lg-;, p — Aké.) is
coupled only to le,, p — hké, + hké,) by absorption of a (,
ké,) photon and to leo, p) by absorption of a (¢4, k&,) photon.
In the same way, lgo, p + hké,) is coupled only to le—;, p —
hke, + hké.) (respectively, le4,, p + hké, + hké,)) by ab-
sorption of a (o-, —ké,) [respectively, (o4, ké,)] photon, and
le+1, D + AER2,) is coupled only to les;, p + hke, + hké,)
(respectively, leg, p)) by absorption of a (r, k&,) [respective-
ly, (o-, — k&,)} photon. Asin Section 3, we thus find a family
of six states (instead of three) {lg-1, p — £k2,), lgo, D + hké.),
lg+1, p + hke.), le 1, p — hke, + hke.), leo, p), les, p + hke, +
hkeé,)} that remains closed with respect to absorption and
stimulated-emission processes. The important point is that
all transition amplitudes starting from Eq. (7.1) and ending
in any of the three excited states of the family interfere
destructively. This is because each of the three excited
states of Fig. 13 is coupled only to two ground states (because
of the zero value of the Clebsch-Gordan coefficient for eq <>
&o) by two transitions having opposite Clebsch-Gordan coef-
ficients [Fig. 12(a)]. Since the state [Eq. (7.1)] is completely
symmetric, the six excitation amplitudes from such a state
interfere destructively two by two.

Consequently, an atom in Eq. (7.1) cannot leave this state
by interaction with the lasers. Since it contains only ground
states, it cannot decay by spontaneous emission. It remains
to see under what condition it is stationary with respect to
the free evolution Hamiltonian H,. We must write that the
kinetic energies of the three components of Eq. (7.1) are the
same (as above, we suppose that there is no static magnetic
field), which gives

(p — hke,)? = (p + hke,)? = (p + hke,)> (7.2)

We conclude that l¢nc(p)) is a perfect trap only if
p-e,=p-&,=0. _ (7.3)

This shows that optical pumping into the states |Eq. (7.1)]
satisfying Eq. (7.3) could provide a two-dimensional cooling
for the components of p perpendicular to é,.
Experimentally, one could send an atomic beam along Oy
. in the laser configuration of Fig. 12(b). Accumulation of
atoms by optical pumping into the trapping states Eq. (7.1)
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satisfying Eq. (7.3) could be revealed by measuring P}, and
P, after the interaction zone. From Eqgs. (7.1) and (7.3) we
then predict that the surface giving the atomic-momentum
distribution in the (py, p,) plane should exhibit three narrow
peaks, at

p5 =0 p5, =0 = 4hk
t , t , Pa; . (7.4)
Pa = +hk Pa = —hk Pa =0

Remark

Note that in such an experiment there must be no force
acting along the velocity-selective directions Ox and Oz. In
order to avoid the effect of gravity, we should thus align the
atomic beam vertically.

In this section we have demonstrated that there is a per-
fect trapping state that is velocity selective in two dimen-
sions. However, in order to evaluate the efficiency of the

- ~cooling process, one should also solve the generalized optical

Bloch equations corresponding to this situation. This
would allow one to evaluate how long it would take for
momentum diffusion in two dimensions to accumulate many
atoms into the trapping state.

It is tempting to try a further generalization to three
dimensions. We have found no scheme that allows accumu-
lation of many atoms into a noncoupled state that is velocity
selective in three dimensions. We have found such states
for more-complicated level schemes. Unfortunately, in the
situations that we have investigated, there is always another
trapping state that is velocity selective in a smaller number
of dimensions (two or one). The atoms are then rapidly
trapped into this less-selective noncoupled state, where they
are no longer available for the three-dimensional trapping.

8. CONCLUSION

We have presented a full quantum theoretical treatment of a
new one-dimensional laser-cooling scheme permitting trans-
verse temperatures below the one-photon recoil energy to be
reached by velocity-selective coherent population trapping.
Unlike semiclassical approaches, this treatment can be ap-
plied to situations in which the atomic coherence length is
comparable with or larger than the laser wavelength. Itis
based on the use of families that contain a finite number of
states defined by translational and internal quantum num-
bers and that remain closed with respect to absorption and
stimulated emission. Redistributions among these families
occur through spontaneous emission. We have established
generalized optical Bloch equations for the density-matrix
elements corresponding to these families, and we have pre-

- sented numerical solutions of these equations.

This theoretical study has allowed us to exhibit the essen-
tial features of the new cooling process and to support the
underlying physical ideas. The main differences from other
cooling methods are the following:

(i) The cooling exists for both signs of the detuning and
for zero detuning;

(ii) The width of the final momentum distribution,
which characterizes the temperature, decreases as §-1/2,
where 6 is the interaction time. There is no fundamental
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limit to the lowest temperature achievable by this method;
in particular, the one-photon recoil is not a limit;

(iii) The basic cooling mechanism relies not on a friction
force but on a diffusion process in momentum space, which
pumps atoms into nonabsorbing states corresponding to a
small region of the momentum space;

(iv) Since the cooled atoms no longer interact with the
laser field they suffer no perturbation either on the external
degrees of freedom (no diffusion) or on the internal degrees
of freedom (no light shifts).

We presented in Section 7 a possible extension of this new
cooling scheme to two dimensions. The method of families
used in this paper could easily be applied to such a situation.
It would also be interesting to add a supplementary interac-
tion for reflecting toward p = 0 atoms that have diffused at
large p values; such walls should improve the cooling effi-
ciency at long interaction times.

The fundamental property on which the new cooling pro-
cess is based is the quantum coherence between lg_, p — hk)
and lgs, p + hk). A remarkable feature associated with this
coherence is the total coherence between states of different
linear momentum p — hk and p + k. Since p is distributed
in a narrow interval around 0, such coherence gives rise to
two coherent wave packets propagating along different di-
rections. Another interesting feature is the complete corre-
lation between the internal state and the direction of propa-
gation, as in a Stern-Gerlach experiment. The calculations

_presented in this paper permit a quantitative treatment of
all these coherence effects by use of the nondiagonal terms
a4+-(p) of the density matrix. These results could be useful
in the analysis of atomic interferences based on this scheme.
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2) Etudes supplémentaires

a) Largeur des pics - refroidissement

Nous abordons dans cette partie un point différent. Il s’agit maintenant de savoir com-
ment caractériser le refroidissement obtenu par notre mécanisme. On peut en particulier

se poser la question de la validité de la notion de température.

Dans le domaine de refroidissement d’atomes par laser, on considére en général un en-
semble d’atomes trés dilué de sorte que les collisions entre différents atomes sont négligeables.
Le seul processus de thermalisation de ces atomes est alors 'interaction avec le champ
électromagnétique qui peut étre considéré comme un réservoir, constitué par le mode des
photons laser et les modes vides du rayonnement. Ce réservoir bien que dans un état sta-
tionnaire n’est manifestement pas en équilibre thermodynamique (il n’y a en particulier par
de thermalisation entre les photons du mode laser et les autres modes du rayonnement).
La distribution des vitesses des atomes, qui va par interaction avec le laser atteindre un

état stationnaire, n’obéira pas nécessairement a la loi de Boltzmann N(v):
1
N(v) x ea:p{—EMvz/kBTeq} (IT11IC2 - 1)

caractérisant un équilibre thermodynamique a une température T,,. Notons que ce raison-
nement n’interdit cependant pas une distribution gaussienne des vitesses. Dans le cas du
refroidissement ”Doppler” par exemple, on peut, dans la limite d’un recul Ak faible devant
la dispersion Ap des quantités de mouvement et pour des faibles vitesses (kv < TI'), établir,
a partir de la solution stationnaire pour les degrés de liberté internes des atomes, une
équation du type Fokker-Planck pour le mouvement des atomes [7]. On peut alors définir
un coefficient de friction et un coefficient de diffusion indépendants de la vitesse: la distri-
bution des vitesses est alors une gaussienne. Par analogie avec la distribution gaussienne
obtenue pour ’équilibre thermodynamique il est alors légitime de définir une température
pour les atomes a 1’état stationnaire.

Les distributions des vitesses que nous avons obtenues avec notre mécanisme de re-
froidissement ne sont manifestement pas gaussiennes (présence de deux pics, chacun pris
séparément n’étant pas gaussien). Il n’en reste pas moins que le fait de: concentrer les
atomes dans une distribution étroite dans I’espace de vitesses dans laquelle la densité est

plus élevée que la densité initiale, représente une forme de refroidissement.
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Dans le paragraphe a nous montrerons comment la largeur de chaque pic permet de
caractériser notre mécanisme de refroidissement. Nous étudions ensuite (§ 8) d’autres
parameétres (énergie cinétique, entropie) susceptibles de caractériser le processus de re-
froidissement. Bien qu’en définitive aucun ne paraisse s’imposer de fagon déterminante,

leur étude nous aura permis d’aborder des points intéressants.

a) Largeur des pics

La premiére caractéristique, qui saute aux yeux lorsqu’on examine les distributions
des vitesses que nous avons obtenues avec les résonances noires sélectives en vitesse, est
la présence de deux pics autour de vZ, = +hk/M. Le parameétre le plus immédiat pour
décrire notre processus de refroidissement est la largeur de 'un ou de l'autre de ces pics.
En effet, si tous les atomes étaient dans le seul état |¥ nyc(0)), c’est-a-dire si nous avions un
état atomique pur parfaitement bien défini, alors ces pics auraient une largeur nulle. On
peut aussi remarquer qu’il est tout a fait concevable d’isoler un seul de ces deux pics : si
nous laissons évoluer librement les atomes préparés dans un tel double pic pendant un
temps suffisamment long pour avoir une séparation spatiale du pic se propageant vers —Oz
(avec une vitesse —fik/M) et du pic allant vers +0Oz (avec une vitesse +hk/M, fig. I11-36),
alors il suffit d’arréter par exemple les atomes se propageant vers —Oz pour se retrouver
uniquement avec des atomes avec une distribution de vitesses de tres faible dispersion
autour d’une valeur moyenne de +hk/M.

De facon analogue a ce que nous avons fait dans le premier chapitre pour décrire les
jets supersoniques, nous pouvons alors nous placer dans un référentiel mobile (de vitesse
+hk/M par rapport au référentiel fixe du laboratoire) et caractériser la distribution de
vitesses dans ce référentiel. Notons que lorsque nous éliminons le pic & —hk/M nous
détruisons les cohérences qui existent entre des atomes dans |g_,p — hk) et |g4+,p+ kk). La
densité d’atomes dans ’espace des vitesses autour de +%k/M reste cependant supérieure
a la densité initiale montrant qu’il s’agit d’un véritable refroidissement et non seulement
d’une sélection de cette classe de vitesse. Prenons alors la demi-largeur Av, des pics, pris
arbitrairement & une hauteur standard de exp(—1/2) fois la hauteur maximale du pic, apres
avoir soustrait le fond large sur lequel apparaissent les deux pics.- Ce fond dépend beaucoup
de la distribution initiale pour des temps d’interaction petits, mais il diminue ensuite et

il devient négligeable pour des temps d’interaction assez grands. La figure III-37 rappelle
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Fig. I11-36 : Séparation spatiale de |f_,pZ, = —hk) et |fy,p?, = +hk).
Deux ondes polarisées ¥ et 0~ se propageant en sens opposé perpen-
diculairement au jet préparent les atomes dans des états |f_) et |f;)
avec des vitesses de +fik/M suivant la direction de propagation des
lasers. Aprés un temps d’évolution AT suffisamment long pour que le
recouvrement spatial de |f_,pZ, = —hk) et de |f4,pZ, = +hk) soit de-
venu trés petit (AT > Az /(hk/M); Az;n; étant ’extension spatiale
initiale du jet le long de I’axe de propagation des lasers) on peut élim-
iner la composante & | f_,—Fhk) et ne laisser passer que des atomes dans -

oo +RE).

les résultats de 1’étude numérique que nous avons déja présentés dans IIIC1 §6c pour la

dépendance de Av, en fonction du temps d’interaction f;ns.: elle montre la variation en
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Fig. III-37 : Demi-largeur des pics autour de pi, = £hk pour différents

temps d’interaction . Les parameétres sont : désaccord nul 65 = wyr, —
wp = 0, fréquences de Rabi K; = K_ = 0.3T', demi-largeur initiale de la
distribution Apy = 3fik. La dépendance en 1/v@ pour la demi-largeur
des pics est ainsi confirmé par 1’étude numérique. La pente de la courbe
([Ap/hk]/[1/+/T6] = 4.13) est proche de la valeur 5.65 qu’on déduirait
d’un premier calcul approximatif présenté en IITA2 (relation ITIA2-16).

6-1/2.

La demi-largeur de la distribution des vitesses est un parameétre qui caractérise le
refroidissement des atomes et qui est facilement utilisable pour exploiter les résultats
expérimentaux. C’est pourquoi nous ’avons utilisé pour décrire le refroidissement que
nous avons réalisé dans les expériences décrites en IIIB. La plus petite valeur pour Av, que

nous avons mesurée était de:

Av, = bem/s = %hk/M (I1IC2 - 2)
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En utilisant la relation:
smAv? = SkpT (IIC2 — 3)

pour convertir la largeur Av, en unité de températures, nous pouvons dire que la largeur
Av, obtenue correspond a 2u K, ce qui est deux fois plus petit que 1’énergie de recul d’'un
seul photon (Eg = h®k?/2M = 4uK pour I’hélium). Notons que nous avons pu résoudre,
dans la distribution des quantités de mouvement, les deux pics de pZ, distants de 2kk, ce
qui est lié au fait que chacun de ces deux pics a une demi-largeur inférieure au recul hk

d’un photon.

B) Autres caractéristiques
i) Energie cinétique :

Nous pouvons chercher d’autres parameétres susceptibles de caractériser le refroidisse-
ment des atomes. Il semblerait a priori que I’énergie cinétique des atomes E.;, pourrait
nous donner des renseignements sur ’efficacité de notre processus. Définissons tout d’abord
Popérateur P qui & chaque état |¥(p)) appartenant a la famille F(p) = (|¥~nc(p)), |¥c(p)),
leo, p)) associe:

P[¥(p)) = p|¥(p)) (IIIC2 — 4)

z2
L’énergie cinétique atomique E i, = (23L) peut étre reliée 4 la valeur moyenne (21);4—): dans
le cas de faibles intensités laser, ou l'on peut négliger la population de I’état excité, on

obtient:

P? h2k?
On peut encore reécrire cette relation en utilisant (P) = 0:
Ecin = ((P - hE)?/2M) (IIIC2 - 6)

ce qui montre que (P?/2M) caractérise ce qui se passe dans un référentiel mobile & hk/M
qu’on utiliserait lorsque seul le pic & hk/M existait (voir le § a ci-dessus). On s’attendrait
donc & ce que <P2) et donc E., diminue lorsque les atomes sont accumulés autour de
|pZe| = Rk

Or on peut montrer que pour notre systéme en A la valeur moyenne de P? augmente
toujours [8]:

d 2

—mm——

Ry
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Cette propriété est reliée au fait que pour un systéme en A, avec des rapports de branche-
ment égaux entre ’état excité et les deux niveaux de ’état fondamental, excité par deux on-
des se propageant en sens opposé, la force moyenne subie par les atomes est nulle (voir IITA1-
14). Nous sommes alors en présence d’'un phénomene de diffusion sans friction et on
démontre la relation (IIIC2-7) en partant des équations de Bloch optiques généralisées
et en développant ’expression:

dit(PZ) =Tr {P2‘;—‘:} (I1IC2 - 8)

Comme (P?/2M) et donc E.;, augmente tout le temps, I’énergie cinétique n’est pas adaptée
a décrire 'apparition spectaculaire des deux pics trés fins dans notre distribution des
vitesses. L’augmentation de E.;, provient du fait que le poids relatif dans la moyenne
(IIIC2-6) d’un atome qui diffuse vers les grandes valeurs de pZ, devient rapidement tres
grand. En revanche les atomes accumulés autour de hk par exemple, bien que trés nom-

breux, n’interviennent que trés peu dans IIIC2—6.

On peut a ce point essayer d’utiliser une caractérisation mieux adaptée a notre pro-
cessus de refroidissement. Par analogie avec le refroidissement par évaporation d’atomes
d’hélium dans un piége magnétique [9] ou I'on considére uniquement les atomes qui restent
dans le piége pour P’évaluation de la température(*) , nous pouvons dans notre cas réduire
le systéme considéré aux atomes piégés dans des états |¥nc(p)). On peut cependant re-
marquer que pour p > hk, le couplage motionnel est tellement important que m#nc(p) =~
mc(p);la base adaptée dans ce cas est d’ailleurs {|f_, p); | f+, p)} et non plus {|¥nc(p)); [¥c(p))}
comme pour P ~ 0. L’augmentation de E;, étant due au poids trop important des ailes
leo, p)) o Von a wnc(p) ~ mc(p), la valeur moyenne de P? restreinte aux atomes dans
¥ nc(p)) va par conséquent aussi augmenter lors du temps d’interaction avec le laser. Le
modeéle pour la population 7y (p) dans |¥nc(p)) basé sur des équations de taux de pom-
page que nous avons présenté a la fin de la partie IIIA2 prévoit d’ailleurs une distribution
en P de:

molp) = A/T(P) = g e (1c2 - 9)

(*) Dans le cas du refroidissement par évaporation, les atomes "froids” restant dans le
piege atteignent d’ailleurs un équilibre thermodynamique (indépendemment des atomes

qui se sont échappés du piége), ce qui permet alors de définir une température.
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pour I''(p)8ine > 1. L’écart quadratique (P?) d’une telle distribution diverge a cause des
ailes en 1/p.

Pour surmonter ces difficultés, 1l est possible d’introduire une coupure dans ’espace
des vitesses, et donc de s’intéresser a la valeur moyenne de ’énergie cinétique par atome
pour [p}| < Pmaa: )

Bl = (et 1924l < Prmas (11IC2 — 10)

Cette coupure qui peut paraitre artificielle s’introduit cependant tout naturellement
dans une expérience réelle par le fait qu’on ne considére en général que des atomes ap-
partenant a une plage de vitesses finies. D’autre part, I’augmentation pathologique de
I’énergie cinétique provient du fait que le poids des grandes valeurs de pZ, dans le calcul
de la valeur moyenne (pZ:) est beaucoup plus grand que celui de p7, ~ 0. La figure I1I-38

montre ’évolution de ETf4(obtenue a partir de I'intégration numérique des équations de

Bloch optiques généralisées) ol nous n’avons considéré que des vitesses [v| < 15hk/M. Nous

constatons que ETf¢ commence par augmenter, conformément a IIIC2—8. Mais I’influence
red 333 d
7o diminue. Notons cependant que E’Z°
] s . N . . 232 N

reste toujours supérieure a une valeur limite de Ep = %Klf?' correspondant au cas ou tous

de la coupure se manifeste déja aprés 400! et E

les atomes avec |v| < 15hk /M seraient piégés dans ’état |¥ nyc(0)) d’énergie cinétique Ep.

ii) Entropie

Comme notre processus de refroidissement tend a accumuler les atomes dans |¥ nc(p))
avec p proche de zéro, il semble que la distribution des atomes tend de plus en plus vers
le cas pur |¥nc(0)). I est alors intéressant d’étudier ’entropie pour caractériser notre

mécanisme de refroidissement.

Rappelons tout d’abord quelques relations utiles lors d’une étude de 1’entropie. En
physique statistique, ’entropie, qui caractérise le degré d’information qu’on posséde sur un
systéme, est définie par

S =—kp Ep{,-}lnp{,-} (I11C2 - 11)
{i}
ol py;) est la probabilité de trouver le systéme dans I'état {i}. Cette définition s’étend en

mécanique quantique en utilisant I’'opérateur densité o du systéme :

S = —kgTr{olno} (IIIC2 — 12)
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Fig. I1I-38 : Energie cinétique moyenne des atomes ayant une vitesse
comprise entre +15hk /M. La distribution initiale est une gaussienne
de demi-largeur a ezp{—1/2} de Apy, = 3fik. La fréquence de Rabi
correspondant a chacune des deux ondes est de Ky = K_ = 0.6T; le
désaccord 67, = wy — wg est nul. Les atomes arrivant en dehors de la
plage de calcul [—15hk,15%k] sont considérés comme perdus, c’est-a-
dire ils ne pourront plus revenir vers la plage de calcul pour contribuer

a I’accumulation d’atomes dans |¥ nc(0)).

ou Ino est le logarithme de I'opérateur densité . Notons en particulier que dans le cas d’un

état pur 'entropie du systéme est nulle:
S(cas pur) =0 (IIIC2 — 13)

Pour calculer I'entropie S, définie par (IIIC2-12), nous pouvons utiliser le résultat de
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I'intégration numérique des équations de Bloch optiques généralisées pour la matrice den-
sité 0. Dans ce calcul nous avons discrétisé les quantités de mouvement par interval de
Ap = hk/30. Pour calculer la trace IIIC2—12 nous devons diagonaliser la matrice o.
Comme les états se groupent dans notre cas trois par trois en familles F(p), il suffit alors
de sommer les valeurs propres Nx(p) (A =1 a 3) pour les différentes familles (p=iAp):

tmazx

S=—kp Y. Y Na(p=iAp)in{Nx(p=:ilp)} (I1IC2 — 14)

t=—tmaz A=1

avec la relation:

ima: 3

| Yo > M= z'Ap) =1 (I1IC2 — 15)

1=—timar A=1

Remarque:
La valeur de S dépend du pas Ap de discrétisation des quantités de mouvement.
Cependant, si Ap et Ap' sont trés inférieur a la largeur de la distribution des

quantités de mouvement, alors on peut montrer que:

S(Ap') = S(Ap) — kpln (iz' ) (I1IC2 — 16)

L’entropie n’est donc définie qu’a une constante prés, mais I’évolution de I’entropie

que nous allons étudier est alors indépendante du pas Ap.

La figure III-39 montre ’évolution de S, obtenue par cette méthode.Comme nous
nous y attendions, I’entropie S de I’ensemble des atomes diminue avec le temps. Ceci ne
remet pas en cause I’augmentation de ’entropie totale du systéme pour laquelle il faut aussi

tenir compte des photons.

Bien qu'il soit trés difficile de comparer ’entropie aux autres parametres caractérisant
notre processus de refroidissement, et que cette grandeur n’ait pas été mesurée expérimentalement,
cette étude a montré que les résonances noires sélectives en vitesse produisent une diminu-

tion de l’entropie des atomes, ce qui correspond a un processus de refroidissement.

b) Influence du désaccord sur la distribution obtenue

Nous avons mentionné dans IIIC1(§6E) que ce nouveau mécanisme de refroidissement,

a la différence des précédents, est efficace aussi bien pour un désaccord nul (6§ = 0) que pour
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Fig. 1II-39 : Entropie. Calcul de § = —kgTr{olno} pour quelques
temps d’interactions i partir de l'intégration numérique des équations
de Bloch optiques généralisées (K4 = K_ = 0.6T,é1 = 0; Apo = 3hk).

int

*T

un désaccord positif (6 > 0, appelé souvent désaccord ”bléu”).ou pour un désaccord négatif

(6 < 0, désaccord "rouge”). Quelques caractéristiques du processus dépendent néanmoins

du désaccord : c’est ce que nous étudions dans ce paragraphe.

Le premier effet, facile & prévoir griace & I'image simple du paragraphe IIIA, est lié a
gr g gr

la vitesse d’accumulation des atomes dans ’état piége |¥ nc(0)). Cette accumulation est

réalisée par des cycles de fluorescence: absorption de photons laser - émission spontanée de
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photons de fluorescence. Le nombre de cycles de fluorescence dépend du taux de départ IV

depuis état |Tc(p)) :
_r /72 r K?
T 26824T2/4 262 4T2/4

Par conséquent lorsque |§| augmente, le taux de cycles de fluorescence diminue et ’alimentation

I (ITIC2 — 17)

du niveau piege |¥nc(p)) autour de p = 0 est réduite. Ceci explique que, a temps
d’interaction égal, la surface des pics soit plus petite pour § = £I'" que pour § = 0, comme

on le voit sur la figure 10 (ITIC1).

En revanche, la largeur des pics est indépendante de é. Nous avons pu interpréter cela
(voir IIIC1 §6E) en remarquant que le taux de départ I'" depuis I’état |¥ yc(p)), taux qui

détermine la largeur des pics, n’est pas affecté par un changement de désaccord. En effet :

kp\? I kp., T
n__ | M — (2£N2 —_

T —(M) 52 (1”)2 Gr) K2/2 (IIIC2 — 18)
1 + —_
2

expression obtenue en reportant la valeur du déplacement lumineux 6’ du niveau couplé

[¥c(p)):
6 92 & K?
T 2824T2/4  2824T2/4

ainsi que celle de I” dans ITIC2—18. On constate alors que le désaccord é s’élimine de

6[

(ITIC2 — 19)

I’expression finale.

L’étude expérimentale a mis en évidence un autre effet lié au désaccord, effet qui
apparait également sur des résultats de I’intégration numeérique : il s’agit d’une dissymétrie
de chacun des pics, dissymétrie changeant de sens avec le signe du désaccord. Ce phénomeéne

apprait nettement sur les figures I11-40d.



314

(q

s 5 s 0 s s ¢
L] L T T — T T T — T L} T L T — T L T T _ T L T T — T 1 T T L} T 1 L — L) T T — ¥ L4 T
4 co-
4 zo-
4 ro- P
J 7 ~ -~
~ e \ ~ Y -
T S— - IIMT .
4 S~ L’
- ~.° -~ - - -
<70 -
= {<INAloPh>)9Y]
s 0 3
T LA LA, S A~ SISO S LA Lt
~ N . , 4 i
\ /
\ \\
\
/ \ / /
/ \ / /
/ i \ / ] / i
’ \ / /
/ \ / /
/ \ / /
/ h \ / T / 1
/ N ’
- €0 e 50 .
O"
s 0
Y =T
] i ]
J1 -
-7 =
e de i
v i i
J2=9 NploPNg> | 0= ONpOPNg> | JT=¢ <ONRIOPNA> ]

§0



315

(*/] 90 (~f| a13ua anbigsiyess afuepw un dsaae yyg = 0dy op (*7d) Ny 1nod
{z/1-}dza & 1naBre[-(wap op suuaissned uolnqLIISIp dUN B JuUepUOdsarIOd
saj13uenb sajuaIyIp Sop saRIIuUl Ez&g so[ jJuanbrpul s3a11) us soudi| so]
(*2d) N yuswraanowr ap s9jrjuenb sep wonnquysiq (p

((d)oN f|o|(d)2 ) seouaianod sap d[[eal orjIe (2

((d)2p] op suorendog (q

((d)ON g | ap suoryerndod (e

yyg = 0dy ap 180 {g/1-}dza g erenul

imagrel-fwap e ¢;_ J00g = ***g uonoreajuLp sdurdy ‘JgF 32 0 = 79190
= —y = t) juos [no[ed 9> ap sarjeurered so] -sepsifelpusd sonbrydo
po[g op suoryenby sap anbrrewnu woryeISyul,[ op sye3ns9y : OF-I11I “Sid

%

1¢=8 (PN




316

Nous allons nous attarder sur son interprétation, car c’est 1’occasion de souligner le

role non intuitif des cohérences entre les états du type |¥ nc(p)) et [¥c(p)).-

Rappelons que nous disposons de deux quantités pour caractériser 1’état des degrés de
liberté externes des états atomiques : d’une part, nous avons l'indice p caractérisant tous
les états d’une méme famille F(p). Nous avons utilisé cet indice p pour noter les différents

éléments de la matrice densité:

o——(p) = {9-,p — hk|olg—, p — kk) (I1IC2 — 20)
o++(p) = (9+,p + hk|olgs, p + hk) (IIIC2 —21)

0+-(p) = (9+,p + hklolg—, p — k) (I1IC2 — 22)

D’autre part nous avons la quantité de mouvement des atomes le long de ’axe Oz : pZ,.

Ainsi la quantité de mouvement pZ, d’un atome dans I’état [g—,p — hk) est :
Pae =p—Hhik (I1IC2 — 23)

En reprenant les équations (IIIC2-20 & 23), on voit que o__(p) est associé a des atomes
de quantité de mouvement p — kk, tandis que o4 (p) est associé a des atomes de quantité
de mouvement p + kk. La distribution P(pZ,) des quantités de mouvement le long de Oz

s’écrit donc (en négligeant la contribution de 1’état excité):
P(pi) = o——(p = pi, + hk) + 044 (p = p, — k) (IIIC2 — 24)

Pour Ky = K} = K_ = K* = K, les états couplés et non couplés sont (IIIC1§3C):

¥ nc(p)) = —\}—i{lg-,p—ﬁk) — |g42p + BE)) (IIIC2 - 25)
Zo(p)) = —}—5 {lg=rp — Bk) + |94, p + )} (ITIC2 - 26)

et on peut écrire la distribution P(pZ,) en fonction de onc,nc(p), oc,c(p), oc,nc(p) et
onc,c(p):
1
P(pip) =§{0 ~ne,ne(pi + hk) + one,ne(pi: — Rk)
+oc,c(pi; + hk) + oc,c(pi, — hk) (I1IC2 — 27)
+oc,ne(pae + Bk) + onc,c(pi, + hk)

—oc,ne(pi, — hk) — onc,c(pi, — hE)}
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onc,ne(p) =(¥ne(p)lo|¥ ne(p)) (ITIC2 — 28)
oc,c(p) =(Yc(p)lo|¥c(p)) (I1IC2 — 29)
oc,ne(p) =(Tc(p)lo|¥ne(p)) = onc,c(p)* (I1IC2 — 30)

onenc(p) =1/2{o__(p) + o44(P) —o—4(p) —04+—(p)}  (IIIC2-31)
oc,c(p) =1/2{o-—(p) + 04+(p) + o—4(p) + o4_(p)}  (IIIC2-32)
oc,Ne(p) =1/2{o——(p) — 044+(p) + 04-(p) —0o-4+(p)}  (IIIC2-33)

On introduira encore la partie réelle de la cohérence oc,nc(p) :

Cr(p) =1/2[oc,nc(p) + aNc,c(p)] =1/2[0--(p) — 0++(p)] (I1IC2 — 34)

Nous allons maintenant nous intéresser aux contributions les plus importantes de P(pZ,).
Par exemple lorsque le temps d’interaction est assez grand pour que la structure en double

pic soit trés marquée, ’expression de P(pZ, ~~ hk) se réduit a:
1
P(pi) = gonc,ve(p = i — hk) - Cal(p = Pl — h) (Im1C2 - 35)

A la limite des faibles intensités (K < I'), on peut éliminer adiabatiquement 1’état ex-
cité des équations de Bloch optiques généralisées, écrites dans la base {|¥ nc(p)), [¥c(p)), |eo, P) }
(voir appendice E), et on obtient pour P(pZ,) autour de kk:

1 251{ kp

P(p?, = hk +p) = {5 - FIZ} onc,ne(p) (I1I1C2 — 36)

avec dp = 6 + wg.
Nous comprenons ainsi que la contribution de Cr(p) 2 P(p7,) est a l'origine de la
dissymétrie de la distribution des quantités de mouvement autour de p;, = +hk. Prenons

par exemple ég > 0. D’apres (IIIC2-36) nous voyons que pour € > 0:

P(pZ, = +hk — €) > P(p%, = +hk + ¢) (IIIC2 — 37)
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Or comme C,(p) est une fonction impaire du désaccord é cette assymétrie s’inverse lorsque

6 change de signe. On montre en effet a partir de IIIC2-27 que autour de p?, = —hk on a:

1

P(pae = —hk +p) = sonc.nc(p) + Cr(p) (IIIC2 — 38a)
. 26 k

P(C,= —hk+p) = { 1/2+ Egiﬁp} onec,ne(p) (I1IC2 — 38b)

et donc pour ép > 0:
P(pz: = —hk — €) < P(p;; = —hk +¢) (I1IC2 — 39)

Nous voyons donc que pour un désaccord positif §p = 6§ + wr > 0, la valeur de P(pZ,) est
plus élevée entre —hk et +hk qu’a 'extérieur de cet intervalle (fig. I11I-40): les résonances
noires sélectives en vitesse ont donc tendance a concentrer les atomes autour de p = 0 pour

un désaccord positif..

En revanche pour un désaccord ég < 0, on s’apercoit que P(pZ,) est plus faible entre
les deux pics a +hk (fig. 11I-40). Ce nouveau mécanisme de refroidissement ”expulse” donc

les atomes de pZ, = 0 pour ég < 0.

Remarque
Nous venons de voir que la différence entre désaccord positifs et négatifs provient

de la partie réelle Cr(p) de la cohérence oc nc(p)- En écrivant Cr(p) dans la base
{17=), 1f+)} nous avons vu (IIIC2-32d) que:

Cr(p) =1/2[o—~(p) — 0++(p)] (ITIIC2 — 40)

L’influence du signe du désaccord se manifeste donc par une différence de popu-
lation entre I’état |g—,p — hk) et |g4+,p + hk) qui dépend de p. Cet effet rappelle
Porientation induite par le mouvement dans un état fondamental J = 1, respons-
able d’un nouveau mécanisme de refroidissement sur une transition J =1 — J =2
en lumiére o+ /o™ [10]. Notons cependant que dans notre étude entiérement quan-
tique pour ’atome, c’est la différence entre les populations de deux état g_et g4
ayant des quantités mouvement suivant Oz qui différent de 2hk qui est a l’origine

de la dissymétrie des pics dans la distribution des vitesses.
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Nous avons mis en évidence expérimentalement 'influence du signe du désaccord sur
les résonances noires sélectives en vitesse. La figure I1I-41 montre le profil de vitesses
obtenu pour un désaccord § ~ —2T (fig. II[-41a) et § ~ +2T" (fig. 11I-41b). 1l apparait
clairement que pour un désaccord positif (§ ~ +2I') les atomes sont ramenés efficacement
vers des vitesses comprises entre [—-hk/M, +hk/M] tandis que pour § ~ —2T" le creux entre

les deux pics est beaucoup plus profond, confirmant ainsi ’analyse théorique ci-dessus.
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2hk
—A o=-2T"

Fig. III-41 : Résultats expérimentaux des résonances noires sélectives
en vitesse. Fréquences de Rabi Ky = K_ ~ (0.6I', temps d’interaction
@ ~ 350r 1

a) 6, = —2I'(~ -3.2M H=z)

b) ér = 2I'(~ 3.2M H>z)
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c) Vérification de I'existence de corrélations entre degrés de liberté internes et externes

Nous avons vu dans IIIB que nous pouvons réaliser une distribution des vitesses avec
deux pics autour de +hk/M, qui s’interpretent par I'existence d’un état piege |¥nc(p)),

superposition linéaire de deux états avec des degrés de liberté internes et externes différents

[¥nc(p)) = —= {lg—,p — hk) — |9+, p + kk)} (IIIC2 — 41)

avec p proche de zéro. 1l existe donc une trés forte corrélation entre I'impulsion des atomes
et leur degré de liberté interne. Il n’est en particulier pas possible de factoriser la fonction
d’onde |¥pnc(p)) en une partie interne et une partie externe |int) ® |ext). Les atomes
détectés avec vitesse autour de —fik/M ont un moment cinétique —1 le long de Oz, ceux
avec une vitesse autour de +hk/M sont dans 1’état |g4). Afin de mettre en évidence cette

corrélation nous avons effectué une expérience en deux étapes (fig. 111-42):

* création du double pic de |¥nc(p)) avec deux ondes laser ot et o~

* puis interaction des atomes 3 la sortie de cette premiére zone d’interaction avec une seule

onde progressive polarisée 0t dans la zone d’interaction supplémentaire.
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longueur d'interaction

cohérente > partie du faisceau

' ‘ aller non réfléchie
6. |
1

- Y i Yy faisceau aller
atomique N\ :
- D — —
/
A - A faisceau retour
i/
miroir

Fig. I11-42 : Montage expérimental pour le test supplémentaire : apres
une premiére zone d’interaction avec les deux ondes polarisées g% et
o~ (pour préparer les atomes dans le double pic) seul le faisceau aller

polarisé ot interagit sur 1 mm supplémentaire avec les atomes.
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Le laser ot dans la zone supplémentaire couple uniquement I’état |g—) a I'état excité |eo)
(eo|Vo+lg=) #0 (IIIC2 — 42a)

(colVytlg+) =0 (IIIC2 — 42b)

Seule la partie |g—,p — hk) de la superposition |¥nc(p)) peut donc étre affectée par ce
laser. Lorsqu’un atome dans |¥ yc(p)) pénétre dans 'onde o7, il a 50% de chances d’étre
excité vers |eg,p), d’ou il peut soit tomber vers |g_,p'), soit vers |g4,p'). Le laser polarisé
circulaire o+ détruit ainsi la cohérence entre |g_) et |g4+). Les atomes dans |g—) seront
pompés optiquement vers le niveau |g4)(fig. III-43). Ce pompage optique résulte de
plusieurs cycles d’absorption de photon laser o+ suivie d’une émission spontanée de photon
avec un rapport de branchement } pour retomber dans |g_) ou |g;). Chaque cycle de

fluorescence s’accompagne d'un changement de vitesse de I’atome qui vaut en moyenne:
bv = +hk/M (IIIC2 — 43)

I’émission spontanée ne produisant qu’un élargissement de la distribution des vitesses. Nous

en déduisons le changement moyen de la vitesse d’'un atome pour le pompage optique de

lg-) vers |g+)

2 3
k
Av = lﬁ.’i + (l) 2.’_}'5 + (l) 3ﬁ_+

oM T\2) “MT\2) M
< Rk (1\" _hk
Av=Yno(2) =222 I1IC2 —
v I"M(z) M (IIC2 — 44)

Le pompage optique fait donc passer les atomes de |g-) avec une quantité de mouvement

—hk vers |g4) avec une quantité de mouvement qui vaut en moyenne

P, = —hk + 2hk = +hk

On obtient donc un pic centré autour de +hk, un peu élargi par ’émission spontanée. Par
ailleurs, la moitié des atomes sont restés dans 1’état |g4, +%k), qui donne un pic fin autour de
+hk. La figure I1I-44 montre la mise en évidence expérimentale de ces considérations. Une
premiére zone d’interaction avec deux ondes laser 0% /o~ se propageant en sens opposés pro-

duit le double pic caractéristique des résonances noires sélectives en vitesse (courbe a). Une
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zone supplémentaire avec une seule onde progressive o fait passer les atomes de |g—, —hk)
vers |g4,+hk) et transfére le pic de —hk vers +hk. Notons que le pompage optique faisant
intervenir ’émission spontanée, le transfert du pic s’accompagne d’un élargissement qui fait
passer la largeur de ce pic au-dessus du recul d’un photon (Ap =~ /fhk = 1.4hk). La légere
assymétrie du pic provient du fait que le temps d’interaction dans la zone supplémentaire

étant petit (t’“” Pl 30F_1) nous devons tronquer la série (IIIC2-44) & n ~ 5.

int

le,0>

If,-hk> If, . +hk>

Fig. I1I-43 : L’onde ot réalise un pompage optique des atomes dans
|f-) vers | f1) avec un changement moyen de vitesse de 2hk/M.
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ngmbre
d’atomes

detectes (b) Q; =0.7T

W
l I .‘ I mwb(, J ..' ‘ ’
/\»\*"'Mm AJ ‘ v G "'M‘Vu

vitesse

\/

fransverse

Fig. I11-44 : Profils de vitesses transverses obtenus :

a) lorsque les deux ondes sont parfaitement superposées : on obtient
deux pics distants de 2hk/M

b) lorsque ’onde aller interagit sur 1 mm en sortie de la zone
d’interaction, le pic correspondant i la partie |f—,—hk) de Pétat piege
|¥nc(0)) est ”pompé” sur le pic correspondant a |f;,+hk), avec un
élargissement di & 1’émission spontanée.
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3) Généralisation: autres configurations de polarisation

Nous discutons dans ce paragraphe les conditions que doivent satisfaire les polarisations
des deux ondes laser pour permettre P’effet de “résonances noires sélectives en vitesse”.
Nous avons vu dans IIIB1 que le principe de base de ce phénomeéne est une interférence
destructive entre les amplitudes de transition dues a l'interaction avec les deux lasers,
lorsque ’atome est dans une superposition cohérente des niveaux dans I’état fondamental
qui n’est plus couplée a ’état excité par les lasers. Pour que le phénomene existe, il faut
donc que les deux lasers couplent deux niveaux différents de I’état fondamental a un méme
état excité. Nous considérons donc les différentes configurations de polarisation qui peuvent

se présenter pour la transition J =1— J = 1.

a) Polarisation circulaire 0% /o~

Nous avons étudié en détail cette configuration d’une onde laser E, se propageant vers
+Oz, polarisée circulairement ot par rapport & Oz, 'autre onde E; se propageant en sens

opposé et étant polarisée circulairement o~ par rapport & Oz. Les états |¥nc(p)):

Tnc(p) = —lﬁ (1f=rp — k) — |f1,p + hE)} (IT1C3 — 1)

ne sont pas couplées par le laser a I’état excité:
Var|¥nc(p)) =0 (IIIC3 - 2)

(pour {eg|D.Eq|f-) = (eo|D.E;|f4), voir IIIC1§6D). Par ailleurs |¥ nc(p = 0)) est le seul

état non couplé qui soit un état stationnaire de I’hamiltonien total :

h2k?
oM

H¥no(0) = Zo1¥n0(0) = 2E j2v0(0) (I1IC3 — 3)

Ces deux propriétés sont nécessaires pour pouvoir avoir des résonances noires sélectives en
vitesse. Nous allons voir dans la suite que la configuration o0+ /o™ n’est pas la seule possible

pour observer ce phénoméne.



lm,=0> |m,,=0> |my=O>

Fig. 11I-45 : a) La transition J = 1 — J = 1 dans la base (Jm, = 0),
|my = 0),|m, = 0)) avec les coefficients de Clebsch-Gordan correspon-
dants.

b) Eclairée par des lasers polarisés linéairement suivant Oz et Oy,

une telle transition se réduit & un systeme en A.
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b) polarisations linéaire-linéaire orthogonales:

Considérons par exemple le cas de deux ondes laser, se propageant en sens inverse le

long de ’axe Oz, I'une polarisée linéairement suivant Oz :

E;(z,t) = Ege et tk=—twe! (I1IC3 — 4a)
I’autre polarisée linéairement suivant Oy :

E;(z,t) = Ege e k2 —iwrt (ITIIC3 — 4b

Soient V}; et V2, les hamiltoniens d’interaction entre un atome et I’onde E; (2, ) et Ey(z,t)

respectivement :

Vir = —D.Ei(z2,1) (IIIC3 — 5a)
Vi, = —D.Ey(z,t) (ITIC3 — 5b)

ou D est 'opérateur dipolaire électrique de 'atome. Afin de mieux tenir compte des
symétries, il est utile de changer de base. Au lieu de prendre la base des vecteurs propres du
moment cinétique suivant ’axe Oz {|m, = —1),|m, = 0),|m, = +1)}, choisissons la base
orthogonale {|m, = 0),|m, = 0),|m, = 0)} formée des vecteurs propres des composantes

du moment cinétique suivant Oz, Oy et Oz, associés a une valeur propre nulle:

Jelm:=0)=0 (ITIC3 — 6a)
Jylmy =0) =0 (I1IC3 — 6b)
J.lm, =0) =0 (I1IC3 — 6¢)

Rappelons que dans la base standard des états propres de J, on a :

5 (010
J.=—|[1 0 (ITIIC3 — 7a)
1
0 -1 0
1 0 -1 (ITIIC3 — 7b)

10 0
J.=h|0 0 0 (ITIIC3 — 7c)
0

O
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et les vecteurs |m; = 0),|m, = 0) se déduisent de la base des vecteurs propres de J, par:

1
|mz =0) = i {lm; = =1) — |m, = +1)} (IIIC3 — 8a)
|my =0) = 7% {lm, = =1) + |m, = +1)} (11IC3 — 8b)
|m, = 0) = |m, = 0) (ITIC3 — 8c¢)

Les éléments de matrice de couplage entre les sous-niveaux de ’état fondamental et excité de

cette nouvelle base s’obtiennent en décomposant 'opérateur dipolaire électrique D suivant

les composantes standard des opérateurs tensoriels irréductibles Dgl)(q =-1,0,+1):
_ L (pw_pw
D. = (D_1 D ) (I1IC3 — 9a)
_ 2 (pW 4 p® _
D, = (%) + D ) (ITIC3 — 9b)
D, =DV (ITIC3 — 9c)

et en utilisant alors le théoréme de Wigner-Eckart:

(J I DW || J')
V27 +1

ol (1J'gm’,|Jm,) est le coefficient de Clebsch-Gordan et d = (J || D®) || J') est le moment

dipolaire électrique réduit pour la transition J' =1 — J = 1. A titre d’exemple calculons

Jm | DW|J'm') = (1J'gm’ |Tm,) (I1IC3 — 10
q

le couplage di au laser polarisé linéairement suivant e, entre |m, = 0) et |m, =0) :

(m, = 0|Dy|m, = 0) = (m, (0% + D) Im. =0)

)
=0|—
%
s(m. = 0DY) + D, = -1) - 5(m. = 0|DY} + D{V|m. = +1)

= Lim, = 0| D®Jm, = —1) - %(m, = 0|DWjm, = +1)
')
= ——d{(111 — 1|10) — (11 - 11]10
Wi {{ 10) —( |10)}
d
= %(111 — 1/10) (I1IC3 — 11)

On obtient de fagon analogue, pour des polarisations rectilignes suivant Oz ou Oz :

(m; = 0|Dy|m, = 0) = 0 (I1IC3 — 12)
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(m; = 0|D,|m; = 0) =0 (IIIC3 — 13)

Tous les autres éléments de matrice sont aisément obtenus par permutation circulaire
(fig. I1I-45a). Dans le cas de deux ondes polarisées linéaires suivant Oz et Oy, seules
les transitions [m; = 0) «— |m; = 0) et |my = 0) «— |m, = 0) sont possibles et nous
retrouvons une situation analogue a celle pour deux ondes polarisées circulaires. En effet
en ce qui concerne les degrés de liberté internes, les trois niveaux |f, m; = 0), |f,my, = 0) et
|e,m, = 0) forment un systéme d’états couplés par le laser (fig. III-45b). Comme ’émission
spontanée ne peut pas faire tomber un atome de |e,m, = 0) dans |f,m, = 0) le systéme
constitue un ensemble fermé d’états couplés. Comme le laser polarisé suivant Oz couplant
[fymy = 0) & |e,m, = 0) se propage vers les z positifs et celui couplant |f,m, = 0) &
le,m, = 0) se propage vers les z négatifs, nous retrouvons lorsque nous quantifions les
degrés de liberté externes des atomes les états |¥ nc(p)) (pour (e,m, = O|D.E,|f,m, = 0)
= (e,m, = 0|D.E;|f,m; =0)) :

1
|¥~ne(p)) = 7 {If,my =0,p;, =p — hk)
—|f,mz = 0,p;, = p+kk)} (I1IC3 — 14)

qui ne sont pas couplés par les lasers a I’état excité a cause des interférences destructives
entre les amplitudes de transition. Le seul état non couplé a la lumiére qui soit un état

stationnaire de ’hamiltonien total est:

[no(p = 0) = % {If,my = 0,p, = —hk)
—|f,mz = 0,pz, = hk)} (I1IC3 - 15)

Pour évaluer l'efficacité de I'accumulation des atomes dans cet état |¥ yc(0)) nous pourrions
refaire une intégration numérique des équations de Bloch optiques généralisées, en utilisant

les familles fermées d’états couplés par les lasers qui sont cette fois-ci:

F(p) = {lfamy =0,p- hk)’ |ea m,; = O,P), lf:mz =0,p+ hk)}

La figure III-46 montre la mise en évidence expérimentale des résonances noires sélectives
en vitesse avec des ondes laser polarisées linéairement orthogonales se propageant en sens

inverse le long de I’axe Oz perpendiculaire a ’axe du jet d’atomes. Nous voyons les deux
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pics dans la distribution des vitesses a +hk/M. Nous avons réalisé cette expérience avec le
méme montage que celui présenté en IIIB, mais avec une onde aller polarisée linéairement a
45° de ’axe de la lame A /4. L’onde aller est donc linéaire au niveau de la zone d’interaction
et devient circulaire au niveau du miroir de reflexion (aprés une premiere traversée de la
lame A/4); aprés la réflexion et le deuxiéme passage a travers la lame \/4 elle sera de

nouveau linéaire, mais orthogonale & la polarisation linéaire de ’onde aller.

Nous voyons donc que ’effet de résonances noires sélectives en vitesse avec deux ondes
polarisées linéaires orthogonales est qualitativement identique a celui pour deux ondes

polarisées ot et 0.



linéaire - linéaire orthogonales

W

Fig. III-46 : Résultat expérimental de résonances noires sélectives en
vitesse avec deux lasers polarisés linéairement suivant Oz et Oy se
propageant en sens inverse dans une direction perpendiculaire au jet
atomique. Fréquences de Rabi : 0.6T, temps d’interaction 3501,
désaccord nul. On voit que dans cette configuration les deux pics a
pZ, = xhk apparaissent, confirmant ainsi ’existence des résonances

noires sélectives en vitesse dans cette configuration.
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¢) linéaire-linéaire parallele

Si au contraire nous choisissons la direction de la polarisation linéaire a l'aller le long
d’un des axes neutres de la lame \/4, la polarisation ne change pas lors du passage a travers
cette lame et nous aurons au retour une polarisation linéaire paralléle a la polarisation aller.
Comme le montre la figure I11-47 nous n’avons alors pas observé le double pic caractéristique

des résonances noires sélectives en vitesse.

linéaire - linéaire parallclle

'
H Vi

PY3 v
s

~
.‘2.
-~ -
"
SY 2
pr-

LY 3
-

Fig. I11-47 : Résultat expérimental avec deux lasers polarisés linéairement
suivant un méme axe Oz se propageant en sens inverse suivant O z. Dans
une telle configuration le pompage optique des atomes dans le niveau
fondamental |m, = 0) fait sortir tous les atomes de interaction avec les

lasers, indépendemment de leur vitesse.
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Im_ =-1> |m_ =0> Im, =1>

Im,=-1> Im,=0> Im,=1>

Fig. I1I-48 : Couplages induits par des lasers polarisés linéairement suiv-
ant Oz sur une transition J = 1 — J = 1 représentée dans la base
(Jmz = —1),|mz = 0),|Jmz = +1)). Le niveau |m; = 0) n’est pas excité
par le laser et les atomes y seront accumulés par pompage optique sans

sélection en vitesse.

Dans ce cas il n'y a en effet plus d’interférences entre amplitudes de transitions (qui
n’aboutissent pas au méme état excité), mais seulement un effet de pompage optique dans
le sous-niveau Zeeman de moment cinétique nul le long de I’axe de polarisation : cet effet
n’est pas sélectif en vitesse. La figure I1I-48 montre les transitions lors d’une excitation
par des lasers polarisés tous les deux Hﬁéairement suivant I’axe Oz par exemple. Dans
ce cas tous les atomes sont pompés optiquement dans le sous-niveau Zeeman |f,m, = 0)
de ’état fondamental. Lorsque les polarisations des deux lasers sont linéaires paralléles le
phénomeéne de résonances noires sélectives en vitesse n’a donc pas lieu. Nous allons voir

dans la prochaine partie que ceci n’est en fait qu’un cas particulier de polarisations des deux
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lasers identiques, configuration pour laquelle il n’y a pas de refroidissement par résonances

noires sélectives en vitesses.

d) Généralisation :

Nous nous proposons dans ce paragraphe de chercher plus généralement a quelles
conditions doivent satisfaire les polarisations des deux ondes laser se propageant en sens
inverse suivant ’axe Oz pour qu’on puisse observer des résonances noires sélectives en
vitesses sur une transition J = 1 — J = 1. En nous laissant guider par les couplages
V1. et V2, induits par les deux lasers, nous effectuerons pour cela un changement de base

judicieux permettant de dégager quels états |p) non couplés par les lasers:
VAL“P) =0 (IIIC3 - 16)
sont des états stationnaires de I’hamiltonien (réduit au terme d’énergie cinétique) :
p?
57 /¢) = Ecle) (I1IC3 - 17)

Soit €; la polarisation de 'onde aller E; et €; celle de Ponde retour E; (fig. 11I-49). Les

champs électriques E; et E; s’écrivent alors:
E; = Fie, et f c.c. = Ei(r)e (ITIIC3 — 18a)

E, = Eleje*2e WLt | cc. = Ey(r)e; (I1IC3 — 18b)

Remarquons tout d’abord que comme les deux ondes se propageant suivant +0z, leur
polarisations €; et €, sont nécessairement orthogonales a e, et nous n’aurons donc pas de
transitions = avec Am, = 0. Ceci implique que les trois niveaux |f,m, = —1), |e,m, = 0),
|f,m, = +1) forment un systéme fermé qu’on peut représenter en forme de A. Décomposons
alors les polarisations €; et €5 :

€; = a1€6_ + b1€+ (IIIC3 - 19&)
€y = ag€_ + b26+ (IIIC3 - 19b)

avec €4= F(e, +iey)/v2 et |a1]* + |1|> = 1.
Définissons, a partir de ’expression (IIIC3-19) des deux polarisations €; et €3, deux

superpositions linéaires |m;) et |m2) des sous-niveaux Zeeman |f-) et |f4):

lma) = aa|f-) + b1l f+) (IIIC3 — 20a)
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Im_=0>

|m,=-1> Im,=1>

Fig. I11-49: Systéme en A formé par deux niveaux fondamentaux |m, =
—1) et [m, = +1) et I’état excité [m, = 0). Pour deux lasers se propageant
suivant Oz avec des polarisations €;,€; (orthogonales 3 Oz) ces trois

niveaux forment un systéme fermé d’états couplés.

Im2) = aa|f-) + b2|f4) (ITIC3 — 20b)
Nous allons maintenant distinguer deux situations différentes :
(1) Polarisations €, € distinctes, c’est-a-dire

ab

A= = albz - azbl # 0 (IIIC3 - 21)

az

Nous verrons que cette condition est suffisante pour avoir des résonances noires sélectives

en vitesse suivant Oz.
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(ii) Polarisations identiques : €, = e'%¢;. Dans ce cas on aura simplement du pompage -

optique dans un niveau non couplé i la lumiére indépendemment de la vitesse des atomes : il

n’y a alors pas de refroidissement.

(i) polarisations distinctes :

Lorsque A = ajb; — azb; # 0 les états {|mi,p), |m2,p)} forment une base pour les

états fondamentaux de ’atome. Notons que cette base n’est une base orthogonale que

dans le cas particulier de deux polarisations €; et €; orthogonales. Si nous exprimons alors

I’hamiltonien d’interaction atome-laser dans cette nouvelle base nous obtenons:

Var=Vi+ V3L

avec:
ﬁQl » (mglml)
1 —
VAL = —DEl = 5 zp:{ A |60,P)(ml,P“ hkl
—~ leo, p){ma, p — hk| et
A 0,P 2,P
+ h.c.
19 —{my|m3)
2 __ hil, 1{m2
Vi =-D.E;=— Xp:{ A leo,P)(ma2, p+ Rk
1 —twr t
+K|60ap)<mlsp+hk| € £
+ h.c.
ou:
o _ _{olDiB3IS) _ (calDaERIS)
1= =+
h h
_ {eo|D1E2If-) . (eolD_1E}|f)
=-—7 =+ 3

Notons que:

ViLlmi,p) = hTQle_Mt [(mzlml) A (mzlml)‘ leo, p + hk) =0

A2 it [—(mllmz) + (ma|ma)

> A | teosp =81 =0

Vlem%P) =

(IIIC3 — 22)

(I1IC3 — 23a)

(IIIC3 — 23b)

(IIIC3 — 24a)

(IIIC3 — 24b)

(IIIC3 — 25a)

(IIIC3 — 25b)
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leg,0>
Ie()ap>
€1 €
[m,,-fik> \ Im;,p>
Im,,p>

Im k>

Fig. III-50 : Couplage induit par les lasers sur les états |mq,pZ,) et
|m2, pZ;). Chaque état est représenté par un point d’abscisse égale &
sa quantité de mouvement le long de Oz et par son degré de liberté
interne : ligne supérieure pour ep, lignes inférieures pour [my1), |m2).

Notons que les états |m;) et |m2) ne sont en général pas orthogonaux.

Nous retrouvons alors les mémes ingrédients que dans le cas de deux polarisations circulaires
0T et ¢~ : chaque état de la base {|mi,p),|ma2,p)} est couplé i 1'état excité par une des

deux ondes; cependant les états |¥ yc(p)):

[no()) = 5 {lma,p = Bk) + |ms,p-+ k) (I1IC3 — 26)

ne sont pas couplés aI'état excité par les lasers (nous avons prisici ; = 3, voir IIIC1 § 6D).

Parmi ces états |¥ nc(p)), seul |¥ne(p = 0)) (fig. III-50) donné par:
1
{¥nc(p=0)) = E {lmq, —REk) + |m,, +hk)} (ITIIC3 — 27)
est un état stationnaire de I’hamiltonien:

v’ R’k Unel(0 I1IC3 — 28
ml‘I’Nc(O)) = 2M| ~nc(0)) ( —28)
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Rappelons que les deux états |m) et |m;) sont des superpositions de |f_) et de |f}) et
ils ne sont orthogonaux entre eux que lorsque les polarisations €; et €2 des deux lasers le
sont. On vérifie par ailleurs aisément en développant les états atomiques suivant |m,, p)
et |m2,p) que parmi les états qui sont vecteurs propres de p?/2M, il n’existe qu’un seul
état |¥nc(0)) qui ne soit pas couplé & la lumiére. En effet pour avoir I’effet d’interférence
destructive a ’origine de notre mécanisme de refroidissement il faut que ’état |m,,p) soit

couplé au méme état excité que 1’état |mo,p) c’est-a-dire il faut que:
ViLlmi,p) = =Vig|mae, —p) (IIIC3 - 29)

ce qui n’est possible que pour p = hk (fig. I11-50).

Remarques:

* Le signe de |m,p + hk) dans |¥nc(p)) dépend de la phase relative des
deux ondes lasers et du signe des coeflicients de Clebsch-Gordan des transitions
du systéme en A. Ceci explique la différence entre ’expression (IIIC3-14) ou nous

avons choisi

(60|D.E1 |m2) = (60|D.E2 |m1)

et celle de (IIIC3-26) pour laquelle nous avons:

(60 'DE] |m2) = —(eo |DE2|m1)

* Dans le cas d’une onde polarisée linéairement suivant Oz se propageant
suivant +0z et une onde laser polarisée 0~ se propageant suivant —Qz (fig. III-

51a), on a par exemple (pour Q; = Q; voir IIIC3-24) :

1 1
€] — e, = ——€_ — —€ IIIC3 — 30
1 i< ( )

€ =€_ (IIIC3 — 30b)

L’état |¥ nc(0)) est alors(fig. III-51b):

UNG(O) = Slf, +hE) = {1, +hR) + ~Rk)  (IIIC3-31)

1
Elf—a
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Fig. III-51 : a) Configuration des lasers pour des résonances noires sélec-
tives en vitesse avec un laser polarisé linéairement et un laser polarisé
circulairement.

b) Couplage induit par les lasers sur les états | f-,pZ,) et |f4,D0%,)-
Chaque état est représenté par un point d’abscisse égale & sa quantité
de mouvement le long de Oz et par son degré de liberté interne : ligne

supérieure pour e, lignes inférieures pour =) 1f4+)-

leg.0> leg.2hik>

le(_)’p>

b)
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qu’on déduit a partir des états internes:

1
) = 5 {1£-) — 1£2)) (IIIC3 — 32a)
Ima) = |f_) (IIIC3 — 32b)

Notons que la nullité du couplage laser entre |my,+hk) et I’état excité |eg,2hk)
provient de 'interférence destructive entre les amplitudes de probabilité a partir

de |f-,+hk) et & partir de |f4,+hk) (pointillés de la figure III-51b).

(ii) polarisations identiques :

Pour terminer cette étude générale & une dimension des polarisations des lasers con-
duisant au phénomeéne de résonances noires sélectives en vitesse sur une transition J =
1 — J =1, il nous reste & étudier le cas ol les deux polarisations €; et €, des lasers sont
identiques:

€ = e'ley (I1IC3 — 33a)
arby — azby = 0 (11IC3 — 33b)

Dans ce cas les états |m1,p) et |mq,p) définis par (IIIC2-20) ne constituent plus une base
de P’état fondamental de I’atome. Il existe dans ce cas en effet un état fondamental de
I’atome, orthogonal & |my,p) et & |mq, p), qui est couplé a I'état excité par les lasers. En

revanche tous les états définis par:

le(p)) = Ima,p) = €*’|my, p) (IIIC3 — 34)

ne sont pas excités par les lasers:

Vacle(p)) = (VAL + Vir)le(p)) =0 (IIIC3 — 35)

et sont aussi des états stationnaires:

Zlo(o)) = Bely(o)) (111G3 — 36)

Contrairement au cas des polarisations distinctes, il n’y -a dans le cas des polarisations
identiques pas de sélectivité en vitesse pour les états stationnaires non couplés par le laser

a ’état excité : nous obtenons ici un phénoméne de pompage optique des atomes vers le
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sous-niveau |m;) = €'’|m,). Dans le cas de deux polarisations circulaires ot par exemple,

les atomes sont pompés optiquement de |f_) vers |m;) = |f4).

Remarque:

Lorsque les deux polarisations €, et €, ne sont pas orthogonales, la sélectivité en
vitesse est modifiée : tous les paramétres étant identiques par ailleurs, la largeur
des pics autour de pZ, = £hk diminue lorsque €;.€; augmente pour devenir nulle
pour €; = €. En effet lorsqu’on calcule le couplage par laser entre |¥.(p)) et

leo,p), on trouve que

h .
(€0, p|VaL|¥c(p)) = 5\/1{12 + KZe™ ity (I1IC3 — 37)

ot |u| = |aiby — a2, | est la norme du produit vectoriel €;.€3. On peut alors pour
calculer les largeurs I et'T"" de |¥.(p)) et |¥nc(p)) utiliser la méme démarche
que pour des polarisations orthogonales & condition de multiplier les fréquences
de Rabi des lasers par |u|. Ceci donne (pour K; = K, = K) :

_ 2(kp/M)’T

M — I = S (I1IC3 — 38)

La largeur Ap des deux pics aprés un temps d’interaction donné qui est déterminé
par ' Ap = ldevient ainsi:

Ap — Aplu| (IIIC3 — 39)

Notons cependant que tout comme pour une puissance laser plus faible (K? —
K2?|u|?*)’accumulation dans |¥nc(0)) devient de moins en moins efficace (voir la
remarque de IITA2). La limite |uf — 0, c’est-a-dire €, — €5, correspond ainsi

a la limite K — 0 : les atomes ne sont plus excités quelque soit leur vitesse.

e) Image géométrique:

Une image géométrique peut aider & mieux comprendre la condition sur les polari-
sations des deux lasers. Dans le cas d’une transition J = 1 — J = 1, il faut que le
moment cinétique soit paralléle au champ électrique pour ne pas étre excité. Ce résultat

se démontre facilement en introduisant le formalisme proposé par Ol’Shanii [11]. Soit |¥)
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un état quelconque pour un atome dans ’état fondamental, le mouvement étant quantifié.

Cet état peut étre représenté par le spineur

v, (r)
(Tg(r)) = | Fy(r) (ITIC3 — 39)
W.(r)

avec

W,(r) =(f,m, =0,r|¥) (ITIC3 — 40a)
W, (r) =(f,my = 0,r|¥) (IIIC3 — 40b)
Y.(r)=(f,m, =0,r|¥) (IIIC3 — 40c)

A ce spineur nous pouvons associer un champ de vecteur ¥ ¢(r):
W (r) = az(r)e; + ay(r)e, + a.(r)e, (IIIC3 — 41)

ou ez, e, et e, sont les vecteurs unitaires suivant Oz, Oy et Oz. De facon analogue, nous

associons a un état excité quelconque le spineur
(We(r))

qu’il est commode de représenter par le champ de vecteur W (r). Il est alors facile de

montrer que le spineur ¥.(r) associé a

19.) = Varl¥;) (ILIC3 — 42)
s’écrnit: .
@ (r) = Var U s(r) = —%E(r,t) X W,(r) (ILIC3 — 43)

oud= (1| D}| 1) est I’élément de matrice réduit de 'opérateur dipolaire électrique entre
Pétat Jy =1 et J. = 1. Pour Wg(r) = e, et E(r) = Ege, par exemple, nous avons vu dans

le paragraphe IIICb que

Vaclf,mz =0) = %ﬂle, m, = 0) (I1IC3 — 44)

et d’aprés (IIIC3-43)
idE, _idE,

Y .(r)=—- \/éeyxe,_—\/é—

e: (IIIC3 — 45)



344

Cette représentation va nous permettre d’interpréter simplement les résonances noires
P

sélectives en vitesse dans le cas de deux polarisations circulaires ot et o~ :
Ej(r,t) = Ege'* "IV, 4 c.c (IIIC3 — 46a)

Ey(r,t) = Epe'("krwite_ 4 c.c (ITIC3 — 46b)

Le champ électrique total E(r,t) forme alors une hélice de pas A :

E(r,t) = Eq(r,t) + Ea(r,t)
= —V2E, {cos(k.r)e, + isin(k.r)e;} e L' + c.c. (ITIC3 — 47)

avec k = 2w /). L’état atomique non couplé & la lumiére est représenté par un vecteur
paralléle en tout point & E(r), c’est-a-dire une hélice superposée a I’hélice de la lumiére. La
sélectivité en vitesse de cet état non couplé a la lumiére vient du fait que des que ’hélice
du dipdle bouge elle ne sera plus superposée a I’hélice de la lumiére et le dipdle peut étre

excité par les lasers. Seule une hélice immobile reste non couplé au champ électrique.

En revanche, lorsque les polarisations des deux ondes laser sont identiques (linéaires
paralléles & Oz par exemple), le spineur atomique non couplé a ’état excité par les laser
sera paralléle a Oz et peut bouger suivant ’axe Oz de propagation des lasers tout en restant
parallele au champ électrique. L’état non couplé n’est donc pas sélectif en vitesse. Nous
voyons alors que si le champ E(r) est invariant par translation suivant 1’axe Oz, un spineur
paralléle & E(r) peut bouger suivant Oz tout en restant paralléle & E(r) : il n’y aura plus de
sélection en vitesse. Pour avoir une sélection en vitesse il faut donc que le champ électrique

ne soit pas invariant par translation suivant ’axe Oz considéré (fig. II1-52).
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Fig. I1I-52 : Lorsque le champ électrique résultant des différentes on-

des laser n’est pas invariant par translation, le processus de résonances
noires est sélectif en vitesse. Le dipéle atomique doit rester paralléle au
champ électrique en tout point (pour une transition J =1 — J = 1)
et 3 chaque instant : ceci permet de mieux ”voir” comment apparait la

sélectivité en vitesse.

4) Généralisation a plusieurs dimensions

Nous avons étudié en détail dans les parties précédentes le refroidissement par laser
en utilisant les "résonances noires sélectives en vitesse” a une dimension. Aprés la mise
en évidence expérimentale sur notre jet d’hélium métastable de ce processus de refroidisse-
ment spectaculaire & une dimension, on se demande évidemment dans quelle mesure ce
mécanisme de refroidissement peut se généraliser 2 deux ou & trois dimensions. A la fin
de la partie IIIC1 nous avons proposé une configuration laser pour des résonances noires
sélectives en vitesse & deux dimensions sur la transition J =1 — J = 1. Plus récemment
F. Mauri et E. Arimondo de Pise[12] et Ol’'Shanii et Minogin de Moscou[11] ont proposé des

configurations pour des résonances noires sélectives en vitesse a trois dimensions. Avant de
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discuter dans les parties IIIC4b & IIIC4d la généralisation & trois dimensions de ce nouveau
mécanisme de refroidissement, nous essaierons dans IIIC4a de dégager, a partir du cas
a une dimension, les conditions a satisfaire pour pouvoir accumuler les atomes dans une

classe de vitesse bien définie.

a) Conditions nécessaires et suffisantes

Une premiere condition est bien sir de disposer d’un état atomique qui ne soit pas
couplé a I’état excité par le laser, dans lequel nous puissions accumuler des atomes. Dans
la configuration de deux ondes laser polarisées ot et 0~ se propageant en sens inverse, que
nous avons étudié pour les résonances noires a une dimension sur une transition J =1 —
J =1, les états

[ne(P) = 5 {1F-p = hE) = farp+ BE) (I1C4 — 1)

vérifient cette condition:
Varl¥nc(p)) =0 (IIIC4 - 2)

Mais ceci ne suffit pas pour augmenter la densité d’atomes dans une classe de vitesse.
Pour cela il faut en plus de cette premiére condition (IIIC4-2) introduire une sélection en
vitesse, c’est-a-dire que parmi les états non couplés |¥ nyc(p)) seuls ceux dont la quantité de
mouvement vérifie une condition supplémentaire constituent un état piege dans lequel nous
pouvons accumuler les atomes. Cette sélection en vitesse provient dans notre situation du
fait que nous exigeons de 1’état piége parfait d’étre un état stationnaire, c’est-a-dire un état

propre de I’hamiltonien, qui se réduit pour les états |¥ nc(p)) &

F 1 nc(p)) = Elno(o) (11104 - 3)

Dans notre exemple a une dimension ceci implique une relation a satisfaire par la quantité
de mouvement d’un état piége parfait, ce qui nous a fixé cette quantité de mouvement le
long de Oz par:

|pZ,| = Rk (ITIC4 — 4)

Un troisieme point, le plus difficile & étudier en toute généralité, est celui de savoir si
Pétat piege vérifiant (IIIC4-2), et qui est un état stationnaire de ’hamiltonien (IIIC4-3)
est unique, ou s’il existe plusieurs, voire une infinité, d’états vérifiant a la fois IIIC4—2

et IIIC4—-3. 1l est clair que s’il existe par exemple une infinité d’états stationnaires non
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couplés a ’état excité par les lasers, alors les atomes piégés vont étre répartis entre de
nombreuses classes de vitesses différentes, ce qui empéche une augmentation importante

du nombre d’atomes a une vitesse donnée.

Afin de clarifier la discussion, nous appellerons ”"dimension” d’un état stationnaire non
couplé 3 I’état excité par les lasers, le nombre de relations indépendantes fixant la quantité
de mouvement de cet état. Considérons par exemple la transition J =1 — J = 0 de
I’hélium métastable pour une expérience de résonances noires a une dimension (fig. I1I-53).
Eclairée par deux lasers ot et o~ se propageant en sens inverse, cette transition présente
aussi un systéme en A {|f-,p — kk);|eo,p);|f+,p + hk)} et la superposition cohérente de
|f—,p — hk) et de |f+,p + hk), qui n’est pas couplée a I’état excité par les lasers,

nc(p)) = % (=0 — Bk) — |f4,p+ BK)} (I11C4 — 5)

est un état stationnaire a condition que:
(p — hk)? = (p + hk)? (ITIC4 — 6)

Cet état est donc un état piége de dimension 1. Mais pour cette transition J = 1 —
J = 0 la force d’oscillateur entre |eg) et |fo) n’est pas nulle (contrairement a la transition
J =1-— J =1) et un atome peut se désexciter de ’état |eo) vers |fy). Comme les lasers
polarisés circulairement ne peuvent pas exciter un atome de |fo) vers |eg), un atome qui
tombe dans |fo, p) est donc aussi un état piége non couplé a I'état excité par les lasers.
Mais contrairement & ’état | ¥ nc(p)) cet état |fo, p) est un état propre de ’hamiltonien
quelque soit p et il n’est donc pas sélectif en vitesse. Nous dirons que ’état |fo, p) est un
état piege de dimension 0. Une conséquence importante de 'existence d’un état piege de
dimension 0 est que lors de la marche au hasard nécessaire pour alimenter |¥nc(0)) les
atomes peuvent tomber dans cet état |fo,p) et seront alors perdus pour le processus de
refroidissement. Nous comprenons a 1’aide de cet exemple que lorsqu’on voudra généraliser
le refroidissement d’atomes par un processus de résonances noires sélectives en vitesse a
trois dimensions, il faudra veiller a ce qu’il existe uniquement un état stationnaire non
couplé de dimension trois et qu’il n’en existe pas d’autre de plus basse dimension (2, 1 ou
0).

Mentionnons encore un point concernant le calcul qu’on est amené a faire pour une

étude quantitative des résonances noires. Nous avons vu comment mener 3 bout un tel
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Fig. III-53 : La tramsition J = 1 — J = 0 éclairé par des
ondes polarisées ot et 0~ : i part les atomes dans [¥ne) =
71§{|m, = —1) —|m. = +1)} qui restent non couplés & l'état ex-
cité pour une vitesse bien définie, tous les atomes dans |m, = 0)

n’interagissent plus avec les lasers, quelque soit leur vitesse.

calcul dans le cas oi 'on peut introduire des familles fermées F(p) d’états couplés par
le laser (voir partie IIIC1). Les familles F(p) ne contiennent qu’un nombre fini d’états a
condition qu’aucune transition entre un niveau |mys) de I’état fondamental et un niveau
|m.) de ’état excité ne puisse étre induite par deux lasers différents. Si au contraire nous
choississons une configuration dans laquelle deux lasers différents (de vecteurs d’onde k;
et ko) peuvent exciter une méme transition (my vers m.), alors des processus d’absorption
d’un photon d’une de ces ondes (de vecteur d’onde k;) suivie d’émission stimulée d’un
photon de l’autre (de vecteur d’onde k) entraine qu’un nombre infini d’états |mg,p +
(k1 —k2)) sont couplés par les lasers. Ceci est par exemple le cas dans la configuration de
deux ondes laser se propageant en sens opposé le long de Oz, I'une polarisée linéairement

suivant Ox, I’autre circulaire o~ par rapport a Oz, excitant une transition atomique J =
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1 — J = 1 (voir exemple du paragraphe IIIC3d §i). En effet la transition de I’état
fondamental |f}) vers ’état excité |eg) est excitée aussi bien par le laser 0™, se propageant
vers —0z, que par le laser €., se propageant vers +Oz. Dans cet exemple I’état |eg, p) est
couplé & | f4, p+hk) (par le laser 0~ ) et aussi & |f—, p—Fhk) ainsi qu’a |f4, p—hk) (par le laser
€z, voir fig. III-51). Or 1’état |f4,p — hk) et couplé a 1'état excité |eq, p — 2hk) par le laser
o~ . Nous voyons ainsi que les états couplés par les lasers se regroupent en familles F(p) =
{-..|leo,p — 2hk),| f4,p — hk),|f-,p — hk),|e0, P), |f+,p + Bk), |f-,p+ k), |eo, p + 2RiK)...}.
Une telle situation rend le calcul beaucoup plus difficile, mais n’empéche cependant pas
I’apparition de 'effet de résonances noires sélectives en vitesse. En effet, si parmi un tres
grand nombre, voire une infinité, d’états du niveau fondamental couplés par le laser il
existe par exemple une superposition |¥n¢) qui ne soit pas couplée a I’état excité, alors
un atome dans |¥n¢) ne peut pas absorber de photon laser. Dans ’exemple donné cette

superposition est:

NC(P) = 1f-sp+ BE) = 51 farp+ BE) + sl o, p = k)

qui pour p = 0 est en plus un état stationnaire de ’hamiltonien. Ne pouvant absorber le
premier photon nécessaire pour étre couplé aux autres états,un tel atome ne peut donc pas
subir la suite d’absorption-émission stimulée qui le couplerait aux autres états fondamen-
taux de la famille infini F'(p) d’états couplés. Il n’est donc pas nécessaire que 'état |¥nc)

- solt une superposition de tous les états de niveau fondamental appartenant a une méme
famille F'(p).

b) Existence d’un état non couplé sélectif en vitesse a 3 dimensions :

En introduisant le formalisme que nous avons présenté dans la partie IIIC2¢c, Ol’Shanii
et Minogin [11] ont montré qu'’il existe, pour une transition J =1 — J = 1 (telle que
238, — 23P; de I’hélium métastable), et pour un champ électrique E(r) quelconque, un
état atomique |¥ ) de ’état fondamental qui n’est pas couplé a I'état excité et qui est
un état stationnaire. En effet tous les états représentés par

¥ ne(r) = a(r)E(r) (IIIC4 - 7)
sont non couplés a I’état excité (voir IIIC3d)

vAL‘I’Nc(r) = —%E(r) X ‘I’Nc(r) =0 (IIIC4 - 8)
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Si maintenant nous prenons la fonction a(r) constante, alors I'état |¥nc(0)) représenté
par

¥ ne(r) = aE(r) (ITIIC4 - 9)

est non seulement non couplé & I’état excité mais cet état est aussi un état propre de

I’hamiltonien. En effet ’équation

2
| ¥nG(0)) = Eeinl¥nc(0)) (I1IC4 — 10)
se met encore sous la forme
h2

ou A = E‘g,- + E‘% + 714;7 est le Laplacien. Si le champ électrique est constitué d’ondes lasers

monochromatiques ayant toutes la méme fréquence, on a, en tenant compte de I11C4—9:
AW No(r) = aAE(r) = —k?aE(r) (I1IC4 - 12)

et par congéquent W nc(r) est un état propre de 1’énergie cinétique avec la valeur propre:
Eein = B2K2J2M (I1IC4 — 13)

ol k = 27/ est la norme des vecteurs d’onde des lasers. Pour chaque configuration laser,
il existe donc un état stationnaire de ’état fondamental J = 1, qui ne sont pas excité par
les lasers vers ’état excité J = 1. Conformément a 1’étude des conditions nécessaires pour
avoir des résonances noires sélectives en vitesse du paragraphe (a) ci-dessus nous allons
analyser la dimension de I’état piege |¥nc(0)) défini par (ITIIC4-9). Plus précisément nous
allons montrer qu’une condition nécessaire sur la configuration des lasers pour avoir des
résonances noires sélectives en vitesse a trois dimensions et qu’il existe au moins quatre
ondes laser dont les vecteurs d’ondes {k;,}; _, , ne se trouvent pas sur un méme cone,
c’est-a-dire qu'il n’existe pas d’axe u tel que les projections de ces quatre vecteurs k;,
sur la direction u sont égales (fig. III-54). En effet considérons états représentés par les
spineurs:

W, (r) = ae”"PT/*E(r) (I1IC4 — 14)
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Fig. III-54 : Configuration de quatre vecteurs d’onde k; ne se trouvant
pas sur un meéme cone.

dont celui correspondant & p = 0 représente I'état |¥nc(0)) (voir I1IC4-9).

Développons 1’expression du champ électrique suivant les différentes ondes laser (de 1
aNL):
E(r,t) = E(r)e ™t 4 c.c.

NL . -
=Y Eiee™ite™ 1t 4 cc (I1IC4 — 15)

=1

ou E; est 'amplitude et ¢; la polarisation de 'onde laser de vecteur d’onde k;. Nous voyons
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ainsi que la condition de stationnarité

h2
se met sous la forme: ,
(p + hk;)
~—————~ =F_in I11C4 - 17
2M ( )

pour tout k;(i =1, Np).

Supposons maintenant dans un premier temps qu’il existe au moins quatre vecteurs
{k,-o}(,-o=1,4) qui ne se trouvent pas sur un méme cone, c’est-a-dire qui ne peuvent pas se
déduire les uns des autres par une rotation autour d’un seul axe (fig. III-54). La norme
des différents vecteurs k;, étant égale & 2w/, ceci entraine que le vecteur us = k4 — kg
n’appartient pas au plan défini par les deux vecteurs distincts ug = k3 —k; et u; = k, —k;.

La condition (I1IIC4-17) devant étre vérifiée en particulier pour les k;, nous déduisons que:

pks—k))=puy=0 (ITIC4 — 18a)
p(ks —k;)=p.us; =0 (ITIC4 — 18b)
pko—ki)=pu,=0 - (ITIC4 — 18c)

Comme les trois vecteurs u;,u3 et uy ne sont pas coplanaires (et bien siir non nuls)
ils forment une famille libre de IR®. Les trois relations (IIIC4-18) sont par conséquent

indépendantes les unes des autres et la seule solution pour p est:
p=0 (I1IC4 — 19)

L’état |¥nc(0)) correspondant & Wp(r) avec p = O est alors un état piege de dimension

trois.

Montrons maitenant que si cette condition sur les vecteurs d’onde n’est pas satisfaite,
c’est-a-dire si tous les vecteurs d’onde {k;} se trouvent sur un méme cone, alors il existe
une infinité d’états stationnaires non couplés a 1’état excité par les lasers. En effet si u est
la direction de ’axe de symétrie de ce oéné, les projections de tous les vecteurs d’onde k;

(de méme module k=27 /)) sur u sont égales:

k,-u = cte
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Il est alors facile de voir que tous les états déduits de |¥ nc(0)) par une translation de p
le long de u dans ’espace des quantités de mouvement et qui peuvent étre représentés par

les spineurs:

W, (r) = ae P /A E(r)

vérifient la condition (IIIC4—8) exprimant qu’ils ne peuvent pas étre excités par les lasers

et sont aussi des vecteurs propres de 1’énergie cinétique:

(e + B) 20 =0

2M cin
avec :
g _ (ut rk;)®  p? +2phk;u + hk?
cin oM - oM

parce que le produit scalaire k;u est indépendant de i.

Nous voyons donc que si les vecteurs d’onde de tous les lasers se trouvent sur un méme
cone, alors il existe un état piégeant W¥,(r) de plus basse dimension qui nous empéchera
d’accumuler tous les atomes dans le seul état | ¥ nc(0)). Il faut donc éviter une telle config-

uration de lasers pour obtenir des résonances noires sélectives en vitesse a trois dimensions.

c) Unicité de I’état stationnaire non couplé
Une étude complete des résonances noires sélectives en vitesse doit aussi examiner
l'unicité de I’état stationnaire non couplé a 1’état excité par les lasers. Nous n’avons pas

réussi & démontrer que 1’état |¥ nc(0)) représenté par
Yne(r) = aE(r) (IIIC4 — 20)

est le seul état stationnaire non couplé & 1’état excité par les lasers, méme en supposant
que tous les vecteurs d’onde k; des lasers ne se trouvent pas sur un méme céne. Indiquons
cependant quelques arguments qui laissent penser que, sauf dans des cas de configurations

laser particuliéres, ’état |¥ nc(0)) est probablement 'unique solution stationnaire de

VaLl¥®) =0 (IIIC4 — 21)
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Tout d’abord il est possible de montrer qu’en tout point ou le champ électrique total E(r)

n’est pas nul, les états |¥ y¢) vérifiant
VaL|¥nc) =0 (I1IC4 — 22)
doivent étre représentés par des vecteurs de la forme
¥ ne(r) = a(r)E(r) (I1IC4 — 23)

ou a(r) est une fonction scalaire de r. En effet, nous pouvons a partir du vecteur E(r)
construire une base pour ’espace des vecteurs ¥(r) en complétant E(r) par un vecteur
E,(r) non nul orthogonal 4 E(r) et par E;(r) donné par le produit vectoriel de E(r) par
E.(r):

Ei(r) = E(r) x E,(r) (I1IC4 — 24)

Décomposons ¥(r) sur cette base:
U(r) = a(R)E(R) + A)ELF) + () Es(r) (I1C4 - 25)

La condition (IIIC4-22) qui s’écrit aussi pour ¥(r):

—_—\/i—gE(r) X W(r) =0 (I1IC4 — 26)

implique alors que:
B(r)E(r) X Eo(r) + v(r)E(r) X Ey(r) =0 (I1IC4 — 27a)
B(r)Ey(r) + v(r)E(r) x Ey(r) =0 (IIIC4 — 27b)

Comme Ej(r) et E(r) x Ep(r) sont des vecteurs orthogonaux non nuls, il faut donc que
B(r) =0=1(r) (ITIC4 — 28)

Nous voyons donc qu’en tout point ou E(r) est non nul, les seuls états non couplés par les

lasers sont de la forme:

¥(r) = a(r)E(r) (IIIC4 — 29)
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L’ensemble des points ott E(r) est nul nécessite une étude particuliére. Si nous définissons

la fonction n(r) par:

n(r)=0 siE(r)#0 (ITIC4 — 30a)
n(r)=1 siE(r)=0 (I1IC4 — 30b)

alors la solution générale de (IIIC4-26) est
P(r) = a(r)E(r) + n(r)p(r) (I1IC4 — 31)

ou ¢(r) est une fonction quelconque de r.

Nous voyons donc que sauf cas particulier (tel que existence de points ou E(r) = 0)
les états non couplés par les lasers sont de la forme (IIIC4-29).

Etudions maintenant quelques propriétés des états pieges. Nous avons déja vu dans le
paragraphe précédent que si les ondes laser sont telles que leurs vecteurs d’onde k; ne sont

pas tous sur un méme cone, alors ’état représenté par:
¥, (r) = ae’®*/*E(r) (ITIC4 — 32)

est un état piege de dimension trois, c’est-a-dire que un tel état est un état propre de
Phamiltonien total seulement lorsque p = 0 (p; = py = p; = 0). Une recherche complete de

tous les états stationnaires non couplés doit cependant aussi examiner toute superposition
() = [ dpa(p)e®/ME(r) = a(r)E() (11104 — 33)

ou &(p) est la transformée de Fourrier de a(r). Si nous admettons que les solutions ¥ nc(r)
ont la méme périodicité que E(r), c’est-a-dire que pour les vecteurs ry tels que en tout
point r:

E(r+ry) = E(r) (IIIC4 — 34)

on 3 aussl:

Y(r+ry)=¥(r) (IIIC4 — 35)
alors nous pouvons déduire pour la transformée de Fourrier de W¥(r) :
&(p) = / dre=iPF/Mg(x)
= /dre_ip(’+'")/h\11(r+ rn)

= e~ PN /Eg(p) (I1IC4 — 36)
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Il faut donc que si p.ry/k # 27n,n € Z alors \’I\l(p) = 0. Ceci exprime que \/f'(p) appartient

au réseau réciproque des vecteurs d’onde k;. On peut alors écrire:

N
¥(p)= ) Y ¥,:6(p— nhk;) (I1IC4 — 37a)
neZ i=1
et N
L
U(r)= D) T, et (I1IC4 — 37b)
neEZ i=1

La condition de stationnarité

(A+ K*)¥(r)=0 (I1IC4 — 38)
avec K2 = 2ME_;,,/k?, entraine alors que:
Ni )
3 w0k + K2kt =0 (11IC4 — 39)
ne€Z i=1

Les fonctions e*™k* étant linéairement indépendantes on a alors pour ¥y, ; # 0:
n?k? = K? ‘ (ITIC4 — 40)

Comme pour tout i: k? = kZ(ondes laser de méme fréquence) et que K? est une con-
stante(indépendante de i), n ne peut prendre que deux valeurs différentes n = £ N et ¥(r)

est nécessairement de la forme :

Np
T(r)=) Y Wyeeihr (IIIC4 — 41)
1=1 n=%N

ou N = K/k est un entier positif ou nul. Pour clore cette recherche des états stationnaires
non couplés et pour trouver les conditions sur la configuration laser permettant d’accumuler
les atomes dans un état piege de dimension trois par le processus de résonances noires, il

faudrait donc examiner les fonctions ¥(r) de la forme (IIIC3-41) vérifiant
E(r) x ¥(r)=0 (I1IC4 — 42)

et, en démontrant que n=1 est la seule solution, on prouverait que |¥nc(0)) est le seul

état piége stationnaire.
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Fig. III-55 : Schéma ”minimal” pour résonances noires sélectives en

vitesse suivant trois dimensions.

d) exemples

Donnons en guise d’illustration quelques exemples de configurations laser devant per-
mettre I’apparition de résonances noires sélectives en vitesse a trois dimensions. Le nombre
minimum d’onde laser étant quatre, nous proposons un schéma ”minimal” suivant (fig. III-
55): _

E(r) = Eoe,e*? + Ege et® + Egeye™** 4 Egeye’t” (IIIC4 — 43)

Notons que I'amplitude de ce champ n’est jamais nulle. L’état stationnaire |¥nyc) non
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couplé a 1’état excité par les lasers est dans ce cas:

1 1
[¥nc) =5Im. = 0, fikey) + 5|my = 0, hke:)

1
+ %|m,, = 0,~hke,) + 3|m, =0, ke.) (IIIC4 — 44)

Notons aussi que |¥nc) ne fait intervenir que deux niveaux Zeeman différents (jm; =
0) et |m, = 0)) mais qu’il y a bien quatre états différents (avec des quantités de mouvements
différentes). La figure I1I-56 illustre les différentes amplitudes de transition entre les divers
états |mq, hke;) et les états excités. Remarquons aussi que dans cette situation la transition
entre le niveau fondamental jm, = 0) et le niveau excité |m, = 0) est excité par les trois
ondes suivant +0z et Oy. Un calcul complet a partir des équations de Bloch optiques
généralisées devrait donc dans ce cas-ci considérer des familles avec une infinité d’états
couplés: c’est un probléme ardu.

Uné configuration plus symétrique pour laquelle il n’y a pas de dérive moyenne suivant

une direction (telles que Oy et Oz dans le schéma précédent) est :

E(r) = E? (eye'*® + €,e77)
+ E} (e,e“‘” + e;e‘"‘”)
+ Eg (ezeikz + eye—ikz)

Pour éviter la présence de points ou E(r) = 0 on peut choisir par exemple Ef # EJ.
Il existe donc une multitude de configurations laser facilement réalisables qui devraient
convenir pour des résonances noires sélectives en vitesse a trois dimensions sur la transition
J =1 — J = 1. Un des critéres de choix est certainement l'efficacité du remplissage de
I’état piege. Par ailleurs, la recherche d’une démonstration de I’absence d’état piege de

dimension inférieure devra étre systématiquement entreprise.
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Im, =0>

Imy=0>

|m,=0>

|m =0>

|my=O>

|m_=0>

Fig. ITI-56 : Transitions induites par les lasers de la figure ITI—55 sur les
différentes composantes de |¥ nyc). Chaque état est représenté par un
point d’abscisse égale a sa quantité de mouvement suivant ’axe Oz et
par son degré de liberté interne (lignes supérieures : état excité, lignes
inférieures : état fondamental). Pour clarifier le dessin nous ne séparons
pas les points de quantité de mouvement différente suivant Oy et Oz,
mais nous indiquons ces valeurs a coté des états correspondants. Ainsi

lindication "u,” par exemple signifie que I'impulsion de I’état est hike,.
g P
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CHAPITRE III

ITID - CONCLUSION

Nous avons présenté dans ce chapitre un nouveau mécanisme de refroidissement par
laser par ”piégeage cohérent de population sélectif en vitesse”. La premiere réalisation
expérimentale de ce processus (sur un jet d’hélium métastable, voir IIIB) nous a permis
d’obtenir 4 une dimension une distribution de vitesse avec des pics de demi-largeur a exp(-
1/2) de 6 cm/s. Converti en unité de température ceci équivaut a T' = 2uK, deux fois plus
faible que ’énergie de recul d’un photon(Eg = 4K pour I’hélium métastable). L’approche
originale des familles fermées d’états couplés par la lumiére nous a donné un traitement
completement quantique rigoureux du probléme, aisé a résoudre numériquement sur un

microordinateur.

Le refroidissement par ”"résonances noires sélectives en vitesse” se distingue des autres
mécanismes de refroidissement (refroidissement Doppler [13], par gradient de polarisation
[10], refroidissement magnétique [14], etc). En effet notre méthode de refroidissement n’est
pas basée sur une force de friction qui amortit les vitesses. Notre processus est plutét basé
sur I'accumulation des atomes dans une classe de vitesse particuliére a partir d’un processus

stochastique, induisant une marche au hasard des atomes dans ’espace des vitesses.

Une autre particularité importante de notre processus de refroidissement est que les
atomes ”refroidis” n’interagissent pas avec-la lumiere.. -Ceci entralne que ces atomes ne
subissent plus aucune perturbation de la part des lasers, ni sur les degrés de liberté internes

(pas le déplacement lumineux) ni sur les degrés de liberté externes (pas de chauffage par
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diffusion). On dispose ainsi d’atomes non perturbés, avec une vitesse bien définie, sur
lesquels on pourrait faire des études de spectroscopie de trés haute résolution. Une autre
caractéristique particuliére 2 notre mécanisme de refroidissement est qu’il est efficace aussi
bien pour un désaccord positif que négatif. Il differe en ceci également de tous les autres

mécanismes de refroidissement laser proposés a ce jour.

Nous avons montré dans le troisiéme chapitre que ce nouveau mécanisme de refroidisse-
ment est d’autant plus efficace que le temps d’interaction est plus grand. Si dans une
expérience telle que la notre on veut augmenter le temps d’interaction atome-laser en al-
longeant la zone d’interaction, on devra alors veiller a compenser le champs magnétique
sur ce trajet plus long, et la taille des éléments optiques de tres haute qualité devra égale-
ment étre plus grande(voir IIIB). C’est pourquoi nous projettons pour disposer d’un temps

d’interaction plus long:
ALint
vy/

ATi nt —

de diminuer plutét la vitesse longitudinale des atomes. Nous sommes actuellement en train
de ralentir le jet atomique [15] afin de piéger les atomes d’hélium métastable dans un piéege
magnéto-optique [16]. Lorsqu’on coupe alors les lasers du piége on peut obtenir un jet
d’atomes extrémement lents qui tombent verticalement a partir de la zone du piege. Apres
une chute libre de 10 cm les atomes sont alors accélérés par la gravité a 1.4 m/s. On
peut ainsi disposer, avec une longueur d’interaction de 40 mm d’un temps d’interaction de
Tint = 29ms = 290000T' ! Ceci est & comparer aux 36us = 360! de temps d’interaction
dont nous disposions lors de la réalisation des "résonances noires sélectives en vitesse” a

une dimension.

La réalisation expérimentale des résonances noires sélectives en vitesse a deux ou trois
dimensions sera plus difficile & mettre en oeuvre. En effet, comme le remplissage de 1’état
piégeant nécessitera probablement un plus long temps dinteraction & deux ou trois qu’a
une dimension, il semble indispensable de partir avec un jet d’atomes ralentis pour obtenir
un refroidissement efficace. En ce qui concerne les expériences a trois dimensions on sera
de plus confronté au probléme de la pesanteur qui agira suivant la verticale sur tous les
atomes, en particulier sur ceux qui sont dans I’état piégeant et qui n’interagissent plus avec

les lasers. Ceci entraine un changement de quantité de mouvement de ces atomes ; si le
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processus de résonances noires est sélectif suivant la composante verticale de la quantité
de mouvement, la gravité sortira ainsi les atomes de 1’état non couplé. On peut essayer
de contourner ce probléme en essayant de réaliser des expériences de résonances noires
sélectives en vitesse a trois dimensions dans un référentiel accéléré (avec une accélération
de g). Dans un tel référentiel la pesanteur ne changera pas la quantité de mouvement des
atomes. Il faudra cependant utiliser pour les ondes laser se propageant suivant la verticale,

des fréquences wp,(t) variables

de(t)
dt

=-k.g

pour que la fréquence vue par un atome de vitesse constante dans ce référentiel mo-
bile "tombant” suivant la verticale soit indépendante du temps. Si cette proposition est
séduisante, le traitement théorique complet reste & faire. On pourrait au contraire songer
a utiliser la sortie des atomes de 1’état piégeant sous I’effet de la pesanteur afin de mesurer

la constante de gravitation.

Un dernier point trés important est la cohérence créée par notre mécanisme de re-
froidissement entre les atomes avec une vitesse —hk/M et ceux a +hk/M. En effet P’état

piege |¥ nc(0)) & une dimension est une superposition cohérente de |g—, k) et |g4,+Fk):

[¥nc(0) = hk) — |9+, +hk)}

—\}—5 {lg-, -
Il y a donc une double cohérence entre les degrés de liberté internes (g_et g4 ) et externes
(—hk et +hk) (fig. I1I-57). Ceci est trés intéressant dans le contexte de l'interférométrie
atomique. L’état |¥nc(0)) est analogue aux deux ondes optiques sortant d’un prisme de
Wollaston, a partir d’une onde incidente polarisée 4 45° de 1’axe biréfringent du prisme
[17]. On peut certainement développer une analogie fructueuse avec 'optique des milieux
biréfringents. Mais remarquons que les résonances noires ont de plus comme effet de com-
primer la distribution des vitesses transverses des atomes, ce qui correspondrait en optique
a une réduction de 1’étendue géométrique du faisceau et donc & une augmentation de la

luminesence.



Ig_a'ﬁk>
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Fig. III-57 : Séparation spatiale de |g—,pZ, = —hk) et |g4,p5 = +hk)
par résonances noires sélectives en vitesse.
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CONCLUSION

Ce mémoire présente des effets de manipulation des vitesses d’atomes d’hélium métastable
par la lumiére. Plus particulierement il s’agit d’effets ou la quantification du mouvement

atomique est trés important.

Nous avons d’abord présenté le jet supersonique d’hélium métastable que nous avons
construit & ’Ecole Normale Supérieure. Ce jet nous a permis de réaliser de nombreuses
expériences de manipulation d’atomes par laser & une dimension (perpendiculairement &
Paxe du jet). Les expériences & une dimension ont, par rapport aux expériences a trois
dimensions, plusieurs avantages : d’une part on peut plus facilement confronter les résultats
expérimentaux a une prévision théorique. En effet les degrés de liberté externes des atomes
ne sont en général pas découplés suivant les trois directions de ’espace. Une configuration
a trois dimensions n’est donc pas toujours une simple extension du cas a une dimension.
D’autre part il est expérimentalement plus facile de controler des parametres, souvent
essentiels dans les processus étudiés, tels que la polarisation du champ électrique du laser
ou encore le champ magnétique, dans une expérience a une seule dimension. Nous avons
ainsi par exemple pu mettre en évidence sur notre jet d’hélium métastable I'importance
de la polarisation des lasers pour le refroidissement d’atomes dans une onde stationnaire
(fig. 1). L’analyse théorique a par la suite confirmé que des processus fondamentalement
différents interviennent suivant la configuration des polarisations des lasers[1]. De plus,
les méthodes de mesure des vitesses atomiques sont faciles a mettre en oeuvre dans des
expériences a une dimension et peuvent étre extrémement précises (nous mesurons ainsi le

nombre moyen de photons absorbés par atome & mieux que 0.5 photons pres, voir chapitre

II).
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1icm=17cmls wy=150
el 8 - —0.9 l— ) -1
temps dinteraction =400
nombre
d atomes
detectes
N

(c) polarisations. Iinéairés

+—  orthogonales

(b) polarisations lineaires
paralleles

demi-largeur a e~2: 20.6 cm/s
("limite Doppler” : 23 cm/s)
(a) sans laser

demi-largeur a
e V2.46 cmis

vitesse ‘

transverse
Fig. 1 : Mélasses optiques sur la transition 238, — 2P, de P’hélium 4. Les
trois courbes représentent les profils de vitesse transverse:

(a) sans laser; _

(b) en faisant interagir les atomes a angle droit avec une onde laser station-
naire, formée de deux ondes de polarisation linéaires paralléles (la polarisation
résultante est constante:’mélasse Doopler”);

(c) avec deux ondes de polarisations linéaires orthogonales (la polarisation

résultante varie dans I’espace: d’oil le nom de "refroidissement par gradient de
polarisation”).
Dans les deux cas (b) et (c), la fréquence de Rabi pour chaque onde est de wy =
1.5T et le désaccord vaut 6 = —0.9T'. Dans le cas (b), la vitesse quadratique
moyenne obtenue (46cm/s) est plus elevée que la limite du refroidissement
Doppler, car lintensité laser est grande et le temps d’interaction est fini. Dans
le cas (c), on obtient une vitesse quadratique moyenne de 20.6cm/s, inférieure
a la limite Doppler (23cm/s).
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Le prix a payer pour ces avantages est le temps d’interaction toujours assez petit:
en effet pour des expériences a une dimension réalisées sur des jets atomiques le temps
d’interaction AT = L/v est de 'ordre de 1072 /102~0.1ms tandis qu’a trois dimensions on
obtient facilement des temps d’interaction d’une fraction de secondes. Ceci est d’ailleurs une
des motivations des expériences en cours sur notre jet d’hélium métastable : nous voulons
ralentir les atomes et les piéger dans un piége magnéto-optique, et nous pourrons ensuite
utiliser cette vapeur comme une source d’atomes trés lents. En effet, si aprées une premiére
phase de remplissage, nous supprimons le piégeage des atomes, ceux-ci vont tomber sous
Peffet de la gravité et former un jet d’hélium métastable, qui apres une chute de 10 cm aura
une vitesse de 1.4 m/s. Pour ces expériences notre jet est utilisé différemment: la source
d’hélium est refroidie a environ 15 K et nous utilisons une configuration antiparalléle pour
le bombardement électronique. Avec une énergie E; des électrons nettement au-dessus du
seuil Fy nous obtenons des atomes d’hélium métastable avec des vitesses longitudinales
inférieures a 400 m/s. Ces atomes peuvent alors étre ralentis par la méthode utilisant un

champ magnétique variable dans P'espace [2).

Le deuxieéme chapitre présente un effet nouveau: ’effet Hanle mécanique. 1l s’agit d’une
résonance Hanle dans ’état fondamental, que nous détectons a travers le changement des
trajectoires des atomes. Cette étude nous a d’ailleurs permis d’introduire les méthodes

théoriques et expérimentales que nous avons utilisées dans le troisieme chapitre.

Dans le troisiéme chapitre, qui constitue le coeur de ce mémoire nous avons présenté
un nouveau mécanisme de refroidissement d’atomes par laser permettant d’obtenir des
températures en dessous de ’énergie de recul d’un seul photon. La mise en évidence
expérimentale ainsi que ’étude théorique détaillée de ce processus a une dimension a
démontré D’efficacité de ce processus qui a permis de franchir une barriére importante.
L’extension a deux et 3 trois dimensions semble trés prometteuse pour une deuxieéme
génération d’expériences de résonances noires sélectives en vitesse. Il serait par exem-
ple intéressant d’étudier comment intervient une force constante (telle que la gravité) dans
le processus de résonances noires sélectives en vitesse. La largeur ultime de la distribution
des vitesses qu’on peut atteindre constitue-t-elle une mesure précise de cette force? Un
autre point trés intéressant est que nous sommes maitenant en mesure de produire avec

cette méthode des paquets d’onde atomiques avec des longueurs d’onde de De Broglie App
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du méme ordre, voire supérieures a la longueur d’onde optique Aqp¢. Outre les effets quan-
tiques collectifs qui peuvent apparaitre lorsque nA} 5 ~ 1(ol n est la densité des atomes),
on peut aussi envisager d’étudier ce qui se passe pour un atome qui se rapproche d’une
surface dont les défauts et les puits attractifs ont une dimension tres inférieure & Apg? Pour
nos atomes d’hélium métastable, il est en particulier intéressant d’étudier le comportement

du caractére de métastabilité au voisinage d’une surface.

Mentionnons pour conclure le réle joué par les cohérences: le processus de résonances
noires sélectives en vitesse met en jeu une cohérence quantique entre les deux états atom-
iques |g—, p— hk) et |g4+,p+ hk). Un point remarquable de cette cohérence est la cohérence
totale entre des états de quantité de mouvement différentes p — hk et p+ hk. Comme p est
distribué dans un intervalle étroit autour de 0, une telle cohérence produit deux paquets
d’ondes cohérents se propageant dans des directions différentes. Un autre point intéressant
est la corrélation entre 1’état interne et la direction de propagation, tout comme dans une
expérience de Stern-Gerlach. Une figure telle que III-36 suggere naturellement d’utiliser ce
processus en vue de réaliser un interférometre a atomes. Les méthodes d’étude développées

ici seront certainement tres utiles.
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APPENDICE A

Dans cet appendice nous résumons les principes du refroidissement par laser d'un
atome & deux niveaux proposé en 1975 par Hansch et Schawlow [1] et par Wineland et

Dehmelt [2].

a) onde plane progressive

On peut montrer [3] qu'un atome avec un niveau fondamental non dégénéré |f) et un
niveau excité non dégénéré |e), éclairé par une onde laser monochromatique de fréquence

wp, est soumis a une force F:

F=F,+F, (A-1)
avec
' s
Fl_hk§1+s (A -2)
§ s Vi
Fz__§1+s w? (A-3)

ol § = wy — wq est le désaccord entre la fréquence du laser wy, et la fréquence atomique
wo; wy = —-% est la fréquence de Rabi décrivant le couplage atome-laser, détant le dipole
atomique et E le champ électrique de ’onde laser. k = 2Te; est le vecteur d’onde de Ponde
laser (A étant sa longueur d’onde), I' est l'inverse de la durée de vie radiative de I’état

excité, et
_ w?/2
T (6-kwv)24+T2/4

est le paramétre de saturation dépendant de la vitesse v des atomes. On peut se ramener

S

(A-4)

aussi a l'intensité I du laser:

I= %eocE"' (A —5)
La relation entre I et s est donnée par:
I I?/4
S T (kv +T2/4 (A-6)
avec
m hel’ ~ A
Iaatzg_xg— Olb WW/(‘AAA (A—7)

pow f6
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Dans le cas d’une onde plane progressive, l'intensité laser est uniforme et la force Fy est
nulle (Vw? = 0). La force totale F se réduit alors & F'; appelée force de pression de radiation
résonnante. On peut facilement interpréter physiquement cette force F; comme provenant
de I’échange d’impulsion entre ’atome et les photons lors des cycles de fluorescence. En
effet apres un cycle d’absorption d’un photon laser kj, suivi d’une émission spontanée d’un

photon k,,, la quantité de mouvement de P’atome change de:
Ap = hky, — kk,, (A-38)

Répété un grand nombre de fois n, le changement d’impulsion lors de ’absorption de photon

laser k, sera:
Apass = nhky (A-9)

tandis que celui correspondant a ’émission spontanée:
Ap.p = Y Rk, (A - 10)
=1

sera nul en moyenne, parce que I’émission spontanée est équiprobable pour deux directions

opposées. On peut alors écrire la force moyenne subie par les atomes:

- Apa.lw _ dn
f= e — g kk,, (A-11)

Le nombre de photons absorbés par unité de temps %2 vaut en re ime stationnaire:
P 1% PS ¢ g1

‘_iP._P s
dt  21+4s

(A -12)

Nous retrouvons ainsi I'expression (A-2) de la force F.

Remarque:

L’ordre de grandeur de cette force est tout & fait remarquable. En effet pour
I’hélium métastable par exemple, on a pour une intensité laser de I = I,.4 =

0.16mW/cm? & résonance (6 — kv = 0) une force de:

f= hk-i—‘ ~ 2.3 10* My
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le>

C, O,

[f>
Fig. Al : Atome 3 deux niveaux éclairé par deux ondes se propageant

en sens opposé.

ot g = 9.81m/s? est I’accélération de la pesanteur, M = 4u.m.a. la masse de
Phélium, k = 2L le vecteur d’onde du laser (A = 1.083um) et I = 107s~! I’inverse
de la durée de vie de I’état excité (pour la transition 23S; — 23 P, de I’hélium).
La valeur élévée de cette force est due au fait qu’un atome peut échanger un tres

grand nombre de photons par seconde (42 ~ 2.5 10%/s).

b) onde stationnaire 3 faible intensité

Considérons maintenant le cas de deux ondes planes se propageant en sens opposé
suivant I'axe Oz(ky = +ké,,k_ = —ké,) (fig. Al). Lorsque les paramétres de saturation

s4 et s_ des deux ondes sont trés petits devant 1:
S4y8- K 1 (A-13)

alors on peut ajouter indépendemment ’action des forces de pression de radiation f; et f_
des deux ondes [3]:
f=f +f | (A-14)

Nous négligeons donc les processus absorption-émission stimulée, qui sont & 'origine de la

force dipolaire apparaissant & plus haute intensité [4]. Dans la limite s4,s_ < 1, nous
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obtenons pour ’expression de la force moyenne f = fe, en fonction de la vitesse v, le long

de Oz (pour deux ondes de méme intensité et de méme fréquence):

o=-I'

o/k N\

Fig. A2 : Force en fonction de la vitesse & la limite des faibles intensités
laser.

f= hkg(s.,. ~s_) (A -15)
I'w? 1 1
f= hk§?l 2 - 2 (A - 16)
(6 - kv,)2 + —4— (6 + kv,)z + —4-

La figure (A2) montre en tirets les force f4 = fie; et f_ = f_e, en fonction de la vitesse v,
pour un désaccord § = wy —wp = —TI' et une fréquence de Rabi w; = % (ce qui correspond
4 un paramétre de saturation maximal & v, = 0 de so = §5). - La valeur maximale de f;
est atteinte pour une vitesse v,:

kvF=6<0 (A-17)
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La courbe de f_ est par contre extrémale pour v, telle que:
kv; =-6>0 (A —18)

La courbe en trait plein indique la force totale f en fonction de la vitesse v,. Notons en
particulier que pour un désaccord négatif (6 < 0, appelé parfois aussi désaccord "rouge”),
la force est négative pour des vitesse v, > 0 et positive pour des vitesses v, < 0. Une telle
force tend donc a ramener toutes les vitesses vers v, = 0. Ce processus est a la base du
refroidissement par laser par "effet Doppler”, appelé ainsi parce que ce sont les termes en
6 £ kv, qui sont i 'origine d’une valeur non nulle de la force f. Nous pouvons développer

au premier ordre en kv, ’expression (A-16) de la force f et nous obtenons alors pour:

k'Uz ) (A - 19)
26
f ~ hkrSO —i‘Tkvz = —M'yvz (A - 20)
62 + i
4
ou M est la masse de 'atome et
S0 = _ff_/z__ (A —-21)
0~ 82 4T2/4
et )
hk 6T
2 (A —22)

TET Mg

L’évolution des vitesses autour de v, = 0 est donc donnée par 1’équation:

dv,
dt

= —‘yvz (A -_ 23)

Nous voyons ainsi que pour un désaccord négatif (6§ < 0), le coeflicient - est positif et la
force f est une force de friction ramenant la vitesse v, des atomes vers zéro. Ce processus
permet de refroidir efficacement des atomes, lorsque la transition atomique excitée par le
laser est une transition fermée, c’est-a-dire que ’atome peut effectuer beaucoup de cycles
de fluorescence induite par le laser. Pour trouver la température qu’on obtient par un tel
refroidissement , c’est-a-dire pour connaitre 1’état d’équilibre d’une distribution d’atomes
éclairés par des ondes laser, il faut tenir compte des fluctuations dans ’échange d’impulsion
entre les atomes et les photons. Ces fluctuations apparaissent dans le cas considéré ci-dessus

(faible intensité laser) aussi bien dans le nombre de photons absorbés dans le mode laser
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par unité de temps que dans la direction des photons émis spontanément. Ces fluctuations
sont a ’origine d’'un échauffement de la distribution des vitesses. On peut décrire cet

échauffement des atomes par un coefficient de diffusion D défini a partir de 1’équation:
4 (p?) = 2D (A —24)
dt

ou p = Mv est la quantité de mouvement des atomes. Dans le cas de deux ondes planes se
propageant en sens inverse éclairant un atome a deux niveaux avec des faibles parametres
de saturation (s4,3- < 1) le coefficient de diffusion vaut:

D= §h2k2r‘so (A —25)

en considérant I’émission spontanée comme isotrope(si ’on considére le diagramme de ray-

onnement exact pour un dipéle oscillant suivant ’axe du laser on obtient D = 7/10A%k?T's,).

En régime stationnaire, le refroidissement par la force de friction est exactement com-
pensé par l’échauffement di aux fluctuations. Si la distribution des vitesses des atomes
est limitée en régime stationnaire a des vitesses kv, < § et que nous pouvons utiliser
Pexpression linéarisée (A-20) de la force, alors cette distribution aura une force de gaussi-
enne. Nous pouvons alors définir une température pour les atomes a 1’équilibre en interac-
tion avec les lasers par:

1 D

1 2
58T = 3M{v}) = 571 (A —26)

Cette température dépend donc du désaccord § et de la fréquence de Rabi w; du laser. La

température la plus basse est obtenue pour § = —I'/2 et w; € I' et vaut a une dimension:

ip _ BT

Si au lieu de deux lasers, on utilise 3 paires de lasers suivant les trois axes Oz,Oy et Oz la

température d’équilibre limite vaut:

2)
kBTim = 5 (A —28)

Cette température limite est plus élevée a trois dimensions qu’a une dimension ; en effet
a une dimension une partie de ’échauffement des atomes (due aux fluctuations lors de

I’émission spontanée) est répartie dans les deux autres dimensions.
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Nous venons de voir comment on peut refroidir des atomes par interaction avec un
laser, dont la fréquence est désaccordée légérement en-dessous de la fréquence atomique
propre (6§ = wp —wq < 0). Si par contre nous choisissons un désaccord positif (6 > 0, appelé
aussi désaccord ”bleu”), alors la force f subie par un atome (voir A-16) a toujours le méme
signe que la vitesse v,. Ceci implique que des atomes se déplagant vers les z = 0(v, > 0)
seront accélérés vers z > 0 tandis que ceux a v, < 0 seront poussés encore davantage vers
les z < 0 par le laser. Nous réalisons ainsi une expulsion des atomes interagissant avec le
laser de l'origine des vitesses vers des vitesses plus grandes en valeur absolue. C’est une
telle expulsion sélective par laser que nous utilisons pour vérifier 'efficacité de notre lampe

a décharge d’hélium (voir I1C6).
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APPENDICE B

Nous déduisons dans cet appendice I’expression de la population de I’état excité en
régime stationnaire (& = 0) & partir des équations de Bloch optiques données en (IIA1-17)
pour l'effet Hanle mécanique sur une transition J = 1/2 — J = 1/2. Le calcul présenté ici
n’est qu'une simple manipulation algébrique des équations IIIA1—17 (dans le cas & = 0) et
nous ne supposons en particulier pas que l'intensité laser est faible. Posons pour simplifier

les notations:

5=(5_kv)+i§ (B—1)

a) élimination des cohérences optiques

A partir de: . 0 q
AL ST (CAMES APRE (B-2)
nous obtenons:
6::~g+ (ag+9+ ~;t g-) (B-3)
Et comme:
é:iy = z603+9 + z_(a«=+e+ Gorg.)— _~:ig+ =0 (B-4)
m ~ st 17 QZ)B ~ st 92 B st ~ st
Ters- = o3 { [1 - Q_%] O9.9-t 02 02 T9+9+ C’r¢+<=+} (B-5)

Nous aurons dans la suite besoin de la partie imaginaire C1 de la cohérence optique &% et

ct = —(a -5%.,) (B - 6)

- e+9- g-e4

En introduisant les paramétres

Q2 /2
LT B—kv)? +12/4 (-7

et

0% /2
T (6—kv)2 +T2/4 (B-8)
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et en remarquant que:
1 _ (§—kv)—il'/2
§ (6 —kv)2+T2/4

(B-9)

nous pouvons calculer C7 :

Q¢
+_ L2
C-=3 2(

Q T s S
+ __ 3L Bl ~s B .g ~ 3
SO P S NP 1 W

b) élimination de la cohérence hertzienne .

En écrivant que:

s oes QL. Qp .
aei.g+ =z§0’eig+—2—2— ;tg++—2—0’:ig_ =0 (B—-11)
et en tenant compte de (B — 3) et (B — 5), on déduit:
~.st QB ~ st + [2Z(Q /4 62)93 QB] &st
T9-9+ = 15 Teres Q26 26 | 9-9-
_ 2i(Q%/4 - 2)Qp _,
025 "yiy+ (B-12)

En appelant H_ la partie réelle de la cohérence hertzienne ag g4» DIOUS pouvons écrire:

1 ~8 ~ 38t
Hoy = 2 (ayt-y+ + ag+9+) (B -13)
[ (QB + (6 — kv)? +T? /4)
H = l FQB/4 &t — 4 55t
Tt T 2(6—kv)2 +T2/4 | e+t Q2 /4 9+9+

\

(92 +(6 - kv)2+1‘2/4>

+ % /a —1]|6, ¢+ (B—14)
c) calcul de 57%
La condition de stationnarité pour:
~8t QB ~ 8t ~ st 11+ ~ 8t — 0 B 15
T9¢9+ = o \T9-94 T 0549 ) Tl i0e,e, = (B —15)



nous donne:

P+
H_, + é&giq =0 (B —16)
et de I’équation:
G, = i% (52, —53t.,) - Tl =0 (B-17)
nous déduisons: |
ct = -J—La:iq (B —18)
En exprimant H_ et Ct en fonction de 52¢ vess a3, eta) L4 (B-10 et B-14) et en utilisant

la conservation de la population nous obtenons le systéme d’équations suivant:

&:ie+ + ;t ¢- T &;iﬁ =1 (B-19)
SL P+ 2 ~ st SB_SL ~at “'Ot _—
7 +‘r";]°e+e++[T+1 - [+ F] ot =0 @-20)

. SB — SL .. 3B .
[1 + ] LA 2 Ggg. — ?U;iy.; =0 (B-21)

Ce systéme a trois équations et a trois inconnues se résout facilement et nous obtenons la

solution:
52, = sLsp/4 - (B —22)
sy (14585 Tise (3£ - s5)
B 2 r 2\2 °%
2
8ete, = 2./8 (B —23)
D2 9 (0 T\, 9p(, IO
E—kof 2 1= )+ (1 T ang
r rt
En remplagant ci-dessus 1 — & par = nous obtenons I’expression de &7 +e4 donnée dans

la partie A du deuxi¢me chapitre(IIA1-22). A partir de &¢ nous pouvons aussi calculer

e+e+’
Gglg. €t gigy
. 24+sp+sp I,
~at 2+sp sB — SL PI ~ at B-25
T9+9+ = sL sg T | e+e+ (B —25)
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APPENDICE C

Le but de cet appendice est de montrer comment dans le cas d’une excitation laser
résonnante (6 — kv = 0) on peut extraire des 25 équations de Bloch optiques pour Deffet
Hanle mécanique sur une transition J = 1 — J = 1 un ensemble de 15 équations
indépendantes couplées entre elles qui suffisent a calculer la force moyenne subie par les
atomes. Nous allons ensuite présenter la résolution de ces équations en utilisant un calcul

formel sur ordinateur.

a) équations de Bloch optiques pour §' =6 —kv=0:

Nous allons reécrire les équations de Bloch optiques présentées en 1IA2-13 en décomposant
les cohérences en partie réelle et partie imaginaire. Pour simplifier les notations nous posons

donc

* Populations :
i = i 1= eg,e4, fo, f+ (C-1)
* Parties imaginaires des cohérences optiques :
A - ; }
Cj = 5(8ij = 85i); i=eo,e4,J = f, fo, f+ (C-2)
* Parties réelles des cohérences optiques :
A . .
Sj=§(oij+aji); z=‘30ae+a]=f—’f0af-|' (0—3)
* Parties imaginaires des cohérences hertziennes :

Kj = g(a,-,—au); . gl =f— fo, Fa (C-4)

Fip = %(&ih — Ghi); i,h =eo,e4 (C-5)

* Parties réelles des cohérences hertziennes :

1 . . . :
Hjl=§(0'jl+0'lj); ]alzf—afo’f-i- (0—6)
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1 . - ]
Eiw = > (Gin + Gni); t,h =ep,e4

(C-7)

Avec ces notations les équations de Bloch optiques (IIA2-13) s’écrivent pour §' = §—kv = 0

(et en prenant Qp, = Q3 ) :

1) populations

Treq = QLCY —I'me,
Mo, = QLct —T'nme,

. r
Mg = —QLCE —QpH_¢ + -2-

r
Tgo = -QLCJ- —Qp(Hoy — H_o) + §7re+

Teo

r
Ty = QpHos + 5 (7reo + 7reo)

ii) cohérences optiques

QB CO _ _I:CO

. Q
ct = _-Q2—L (Eoy — Hoo) = 2G5 - EC+

St = % (K-o — Foy) — QB —=5F - —s+

o =_%£(Eo+_H_o)-9£(cg_c°)—£c°
55 =~ (Koo = Fus) = 2 (5% - 5%) - 7%
QL

. Q r
G = = (rey = 700) = 52 (CE - C¥) = £CF

: T
Sa = ’T L(st-5%)- é—s;,*

(C—8a)
(C —8b)
(C—8¢c)

(C — 8d)

(C —8e)

(C — 8&f)

(C—8g)

(C — 8h)

(C — 8)

(C-8j)

(C — 8k)

(C—8))

(C - 8m)
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. Q Q r
€y = S H-++5C0 - 503
: QL Qs r
$t =5 Kst 5 S35
v 0 Q r
Cf = 3 Hu+ 50 - 501
. Qp Qp r
+ __ _ ML YWB o+ _ — ot
ii) cohérences hertziennes
Q Q
ia- e ey -9
QL Qs T,
Koo == (ST = 50) = 5 K-v + 504
Q Q
H_, = ——;'Ci - _ég(H0+ — H_,)
Q Q
K_y= +7Lsg - —2-3- (Kot — K_o)
. Q Q
Hoy = =50} = =7 (g, — gy — H-4)
. Q Q
Koy = +7LS.]': + %K—+

Eop = %L (03 + 0F) - Ty,
- Q2
F0+ = —TL (Sg - St) ha FF(H.

(C - 8n)
(C - 80)
(C-8p)
(C—8q)
(C—8r)
(C - 8s)
(C - 8t)
(C —8u)
(C—8v)
(C - 8w)
(C-8%)
(C—8y)

Nous voyons que nous pouvons regrouper ces équations en 2 parties, I'une couplant entre
eux les 15 éléments (Teq, Tey , Tf_, TfosTf,, C, CF ,C, C, C3,CY, H o, H_ 4, Hoy, Eoy),
I’autre couplant uniquement les 9 éléments (S°,S¥, 53, St, 5%, S, K—o, K_4, Koy, Foy).

Le découplage en deux groupes indépendants est dii au fait que §' = 0. Comme nous avons

besoin des parties imaginaires de cohérences optiques C et Cif pour le calcul de la force

(I1A2-19)
f = rkQy (C +CY)

(C-9)
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nous allons maintenant résoudre le systéme des 15 équations contenant C% et CJ‘ . Les 9
autres quantités S;:, K; j, F; ;j ne sont couplés qu’entre eux: la solution SJ': =K;;=F;; =0
est alors une solution stationnaire des équations C—8, qu’on obtient par exemple en partant

d’un mélange statistique de

f—afO)f'f'

b) expression de la force & I'état stationnaire & I'aide d’un calcul formel sur ordinateur :

Nous pouvons mettre les 15 équations de Bloch optiques réduites contenant C° et Cg

sous une forme matricielle:

X =MX (C —10)
ou X est un vecteur & 15 composantes:

0 + 0 A+
X = (Xi)i=l—l5 =(7reo’7re+aﬂ'g..a7rgoa7rg+7C-aC—-’COaC0 ’

CY,Ct,H o,H_4,Hoy,Eoy) (C-11)

et M la matrice d’évolution dont les éléments sont déduits des équations de Bloch optiques
(C-8). Nous nous intéressons a 1’état stationnaire de la matrice densité, et nous devons

donc résoudre ’équation suivante:

MX =0 (C-12)

Nous allons montrer maintenant que, si le déterminant de la matrice M est nul, alors on a:

M .Y CofactM) =0

et par conséquent tout vecteur colonne de la transformée de la comatrice de M est solution
de C-12.

Montrons pour cela que, si I’équation C—12 admet une solution X non nulle, alors est

solution tout vecteur X tel que:
Ix = (TX;) = (Cofacty:(M)) (C-13)

ol Cofacty ;(M) est le cofacteur ¢,I de la matrice M, obtenu en multipliant par (—1)**/le
déterminant de la sous-matrice M ; formée en enlevant la i¥™e ligne et la I*™¢ colonne 3

la matrice M. T X est donc la I*™¢ colonne de la comatrice M.
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En effet soit:
A=M'X (C—-14)

A= ZMi,,- IX,-»= ZM;,,-CofactI,j(M) (C-15)
J J

Etudions alors les deux cas i=I et # I
Nigl
Considérons alors la matrice N obtenue en remplagant dans la matrice M la I*™¢ ligne

par la *™¢

: )
M= — N =
I g
Le déterminant de cette matrice N est nul, car on a deux lignes identiques. Développons

ce déterminant suivant la I®™¢ligne

0 =detN = Z N1 ,kCofactr,x(N) (C-16)
k

ou Cofactr x(N) est le cofacteur k,I de N. Comme ce cofacteur est indépendant des

éléments de la I*™°ligne de la matrice, on a:

Cofacty x(IN) = Cofacty k(M) (C-17)
D’autre part
Nik= M (C-18)
et C donne donc
> M; xCofactr, (M) =0 (C —19)
k
= A;=0pouri#1I (C—20)

n)i=1

En développant le déterminant de M suivant la :*™¢ligne on trouve

Aizr =) My iCofacty (M) = detM (C-21)
k
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Or comme nous admettons qu’il existe une solution X non nulle de

MX =0 (C-22)
= detM =0 (C-23)
et donc
Ar=0 (C—-24)
Ceci montre donc que: A
MIX =0 (C — 25)

Le calcul a la main des déterminants 14x14 pour les cofacteurs de la matrice M étant tres
long (ce qui augmente la probabilité de faire des erreurs de calcul), nous nous servons d’un
calcul formel sur ordinateur (u-math) trés facile a utiliser. Le programme donné en fin
de cet appendice illustre la simplicité d’utilisation d’un tel calcul formel. Notons que le
vecteur 1 X, solution de C—12, n’est pas unique. En effet le nombre de solutions dépend
du rang de la matrice M (15x15). La comatrice que nous avons obtenue dans notre calcul
était en effet formé de 5 colonnes X identiques non nuls et de 10 colonnes nuls.

Pour le calcul de la force nous avons besoin de connaitre uniquement C® et Cgt, c’est-
a-dire le sixiéme et le neuviéme élément de 7 X. Or nous n’avons a ce point pas encore tenu

compte de la conservation du nombre de particules:
Teo + Tey + Mg + Mgy + 79, =1 (C—26)

Nous devons donc aussi calculer les cinq premiers éléments de IX et normalisons alors C°

et Cf
IX6

c°_=—————§_11 '_ (C—27)
Ix

+ KXo _

ct = % (C —28)

C’est pourquoi nous sommes amenés a calculer 7 cofacteurs de la matrice M. Nous pouvons
alors calculer la force moyenne a 1’état stationnaire pour leffet Hanle mécanique sur la
transition J =1 — J=1pour 6§ —kv =10

Cc +cf

Weo + 1l'e+ + 7rg_ + wgo + 1rg+

f = rkQy (C —29)
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ce qui nous donne ’expression de f:

I'N
f=thks3 (C — 30)

avec:

N =32Q% +2Q412/Q% + 703 + 2002 Q%
+20I2Q% + -2-1“4 (C —31a)

D =16Q% + 4032 0% + 2107 + 8Q% /9%
+16QF%/Q2 + 240412 + %Qil‘? + 17}1‘29; /9%
+31203/0% +60*03/93 + R A
+ 510/ (C — 31b)

Rappelons que cette expression de la force (donnée en I1A2-20, obtenue pour § — kv = 0,

est valable pour toute intensité laser (c’est-a-dire en particulier aussi pour 1, > T).
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APPENDICE D

Nous donnons dans cet appendice ’expression des équations de Bloch optiques généralisées
dans la base des familles F(p) = (|¥nc(p)), |¥<(p)), l€o, p)) dans le cas Ky = K_ réel. Ces
équations permettent de bien comprendre comment |¥nc(p)) est couplé & |¥.(p)); elles
sont mieux adaptées a pousser un peu plus loin ’étude analytique des ”résonances noires
sélectives en vitesse”. En effet c’est dans cette base qu’on peut facilement voir quels sont les
termes dominants ou négligeables pour 1’évolution des atomes. C’est d’ailleurs grace a cette
formulation des équations de Bloch optiques généralisées que nous avons compris ’origine
de la différence entre un désaccord positif ou négatif sur la distribution des quantités de

mouvement atomiques.

Rappelons tout d’abord quelques notations, adaptées au cas Ky = K_ = K} = K* =

K:
¥ nc(p)) = % {lg=rp — Bk} — lg4, p + ik)} (D-1)
1Z.(p)) = —%{lg_,p— RE) + |g4,p + Bk)} (D -2)

énene(p) = (Ync(p)lo|¥nc(p))
c,c(p) = (Yc(p)lo|¥c(p))
Ge,e(P) = (€0, plo]eo, p)
one,c(p) = (Ync(p)lo|¥c(p)) = 65,nc(P)
Ge,nc(p) = (€0, plo|¥nG(p))e ™ = 6%, (p)

Ge,c(p) = (€0, plo|¥c(p))e ! = 6¢ .(p)
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Nous pouvons alors déduire, & partir des équations de Bloch optiques généralisées données

dans IIIC1 (équations 3.11, 4.2 et 4.3), les équations suivantes:

Populations:

z kp . -
sneno(p) =ige 150,x0(p) - nc,c(p)

+hk
+ g / duH(u)[Gee(p+hk —u) + Gee(p — Rk —u)] (D -3)
—hk

Gc,c(p) =i% [Gne,c(p) = dene(p)] + % [6c,e(p) — Ge,c(p)]

+hk
43 [ M@l ib -0 4Rk -w)] (D4
k

- K - -
aee(P) = ’7—'2' ["e,C(P) - UC,e(P)] ~I'Gee (P) (D - 5)
Cohérences hertziennes:

énc,c(p) =i % [6ne,c(p) — dc,c(p)] - i%&NC,e(p)

+hk
r3 / QuH(4) [Boc(p+ ik — u) — Goe(p — Bk —w)] (D —6)
—hk

Genelp) = (Gnee() (D-7)
Cohérences optiques:

= ) TN . .kp
ae,NC(p) =1 (614 + WR + 25) Ue,NC(p) - z‘l‘_;'ae,C(p)

—1 %5C,Nc(p) (D-8)

FnCe(p) = (e nc(p)” (D-9)

: ) TN . kp .
Gecp) =i 81+ on +i3 ) 30c) = 1225 mc(r)

+iZ26eelp) = oc.c(r)] (D - 10)
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50,e(p) = (5e.c(p))” (D-11)

” . I 2 2 , .
Dans ces équations, §1 = wy, — wy est le désaccord du laser et hiwgp = %— est ’énergie de

recul d’un photon.

Cette écriture des équations de Bloch optiques généralisées nous permet d’identifier
les differents termes qui contribuent & ’évolution de la matrice densité. En effet nous
voyons dans 1’équation (D—3) que la population d’'un état ¥ nc appartenant a la famille
F(p) est couplé par un processus hamiltonien & ¥¢ avec un élément de couplage de kp/M:
il s’agit de ce que nous avons appelé plus haut le couplage motionnel. D’autre part la
population de ¥ ¢ est alimenté par émission spontanée a partir de ’état excité et nous
devons moyenner les contributions des différents états eg(p)(voir IIIC1). L’équation (D—4)
pour la population de ¥¢ ressemble beaucoup a celle pour ¥ ¢ - couplage motionnel et
alimentation par emission spontanée a partir des plusieurs états excités - mais nous trouvons
pour ¥¢ aussi un terme qui le couple & 1’état excité avec un élément de couplage K/v/2.
Nous identifions de méme les termes de (D—5) pour la population de 1’état excité comme la
contribution du couplage laser et ’amortissement par émission spontanée. Naturellement
la conservation de la population est vérifiée par ¥ (5,-,,-(p)) = 0.

Il apparait donc clairement que ces équations mettent beaucoup mieux en évidence les
processus physiques a la base des résonances noires sélectives en vitesse que les équations
écrite dans la base Zeeman habituelle( et que nous avons utilisée pour faire les calculs sur

ordinateur).
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Ce mémoire présente un nouveau mécanisme de refroidissement d’atomes par laser:
les résonances noires sélectives en vitesse. La premiére partie de ce travail est consacrée a
la description d’un jet supersonique d’hélium métastable, refroidi par cryogénie, sur lequel
nous avons effectué nos expériences de refroidissement par laser. Un deuxiéme chapitre,
dans lequel nous introduisons les outils tHéoriqum nécessaires pour 1’analyse du chapitre
III, nous donne 'occasion de présenter I'effet Hanle mécanique. Il s’agit 12 d’une résonance -
trés fine de la force de pression de radiation sur un atome é.yant un sous-niveau Zeeman
piege, lorsqu’on varie le champ magnétique autour de zéro. Le troisitme chapitre consiste
finalement en une présentation des réson#a.nc& noires sélectives en vitesse. A c6té d'une
étude théorique détaillée, nous présentons la mise en évidence expérimentale de cet effet:
nous avons en effet réussi & comprimer & une dimension la distribution des vitesses en-
dessous de la vitesse de recul fik/M d’un seul photon.

This dissertation presents a new scheme for cooling atoms by laser: the ”velocity selec-
tive coherent population trapping” or "velocity selective dark states”. In the first chapter,
we describe our supersonic bea.xh of metastable helium, cooled by liquid helium, on which
we have performed our experimenfs. In the second chapter, devoted to a new "Mechanical
Hanle effect”, we introduce theoretical tools that will be needed for the complete analysis
of our new cooling scheme. We establish the generalised optical Bloch equations which
describe the evolution of the density matrix for the quantised internal and external degrees
of freedom of the atoms. The introduction of closed families of coupled states allows us to
easily inigégrate those equations. The effect presented in this chapter is a new manifestation
of the Hanle effect in the ground state: the force experienced by an atom interacting with
a polarised travelling wave may show up a narrow resonance around zero as a function
of an external magnetic field. The third chapter presents the "velocity selective coherent
population trapping”; The basic idea of this cooling scheme is the existence of a state
which is a superposition of different Zeeman sublevels in the ground state and which is not
coupled to the excited state by the laser. We present a detailed theoretical analysis as well
as experimental results: we have been able to accumulate atoms in a velocity class with a
width narrower than the one-photon recoil ik/M.



