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M. Claude FABRE Président du jury
Mme. Fernande VEDEL Rapporteur
M. Massimo INGUSCIO Rapporteur
M. Patrick GILL Examinateur
M. Bruno DESRUELLE Examinateur
M. Philip TUCKEY Directeur de thèse
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1

Introduction

L’effet du mouvement des atomes a toujours été le grand ennemi des mesures
spectroscopiques. Dans le domaine des horloges atomiques, où l’on cherche à
déterminer une fréquence de transition libre de toute perturbation, l’effet Dop-
pler a d’ailleurs été longtemps une pierre d’achoppement. Pour cette raison, le
développement de méthodes permettant de s’affranchir de cet effet a été particu-
lièrement important durant les 50 dernières années. Deux types de solutions ont
été imaginées : le piégeage des atomes, pour contrôler leur mouvement, et le dé-
veloppement de méthodes d’interrogation insensibles au mouvement des atomes.
Après des propositions théoriques antérieures à 1950 pour des particules char-
gées, la réalisation expérimentale des pièges de Paul [1] et de Penning [2] a valu
le Prix Nobel à Wolfgang Paul et Hans Dehmelt en 1989. Il a également été par-
tagé par Norman F. Ramsey pour le développement d’une méthode d’interroga-
tion à champ séparés [3, 4], permettant de s’affranchir du mouvement des atomes,
qui est utilisée dans les fontaines atomiques. Ces deux domaines sont tout à fait
connexes, puisqu’on sait depuis les années 50 que le confinement de particules
sur des distances plus faibles que la longueur d’onde d’interrogation, le régime
de Lamb-Dicke [5], est également un moyen de s’affranchir du mouvement des
atomes. En ce qui concerne le contrôle du mouvement, des méthodes de refroidis-
sement ont été développées par la suite. S’adressant initialement aux ions piégés
(collisions avec un gaz tampon, couplage des électrodes du piège avec un système
dissipatif refroidi par un liquide cryogénique), ces méthodes ont ensuite fait ap-
pel aux lasers (refroidissement Doppler puis refroidissement par bandes latérales)
et ont pu être appliquées également aux atomes neutres. Ce travail sur le refroi-
dissement et le piégeage de particules neutres par laser a d’ailleurs valu le Prix
Nobel à Claude Cohen-Tannoudji [6], Steven Chu [7] et William D. Phillips [8] en
1997. Les méthodes d’interrogation ont également progressé, notamment avec le
développement de l’interrogation Ramsey-Bordé [9] qui permet d’adapter à une
longueur d’onde optique la technique des franges de Ramsey.

La métrologie temps/fréquence a directement profité de ces avancées en terme
de refroidissement, de piégeage et d’interrogation. En effet, même si la seconde a
été, jusqu’en 1967, définie à partir de données astronomiques (la durée d’un jour
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moyen, puis la période de révolution de la Terre autour du Soleil), l’idée d’utiliser
une référence atomique (plus précisément la fréquence de la radiation associée à
une transition entre deux niveaux d’énergie) pour définir la seconde est apparue
dès les années 1930. Face au succès des premières horloges à césium, développées
à partir de 1950 [10], la définition de la seconde a été changée en 1967 lors de la
13ème Conférence Générale des Poids et Mesures [11] :

"La seconde est la durée de 9 192 631 770 périodes de la radiation correspon-
dant à la transition entre les niveaux hyperfins F = 3 et F = 4 de l’état fondamen-
tal 6s1/2 de l’atome de 133Cs."1

A l’origine, les horloges au césium étaient réalisées à l’aide de jets thermiques
traversant une cavité d’interrogation (interrogation de type Rabi), puis leur fonc-
tionnement a évolué pour pouvoir utiliser une interrogation de Ramsey. Néan-
moins, la grande vitesse des atomes thermiques était responsable de déplacements
de fréquence importants, en particulier en raison de l’effet Doppler du second
ordre. Bien que des méthodes aient été proposées alors pour diminuer la vitesse
des atomes, c’est vraiment le développement des techniques de refroidissement
qui a permis d’améliorer énormément les performances des horloges. C’est no-
tamment le facteur qui a permis de lancer le développement des fontaines, ima-
ginées en 1953 par Jerrold R. Zacharias et abandonnées jusqu’aux années 1980.
La fontaine FO1 du SYRTE en est le premier prototype a avoir été évalué [12].
Actuellement, les meilleures fontaines atomiques (notamment les fontaines du
SYRTE) présentent une exactitude, c’est à dire une incertitude sur l’évaluation
des effets systématiques, de l’ordre de 10−16 [13], ce qui fait de la seconde l’unité
physique réalisée avec la plus grande précision. La stabilité de ces horloges, qui
représente une évaluation des fluctuations de fréquence lors de la mesure de la fré-
quence d’horloge, atteint la gamme des 10−14τ−1/2, c’est à dire des fluctuations
typiques de 10−14 en valeur relative après 1 s de mesure.

Les horloges atomiques au césium sont utilisées dans plusieurs buts, à la fois
pour des applications techniques et pour effectuer des tests fondamentaux sur les
théories physiques. Citons par exemple la synchronisation des réseaux de télé-
communications ou encore de la constellation des satellites GPS. Ces derniers
possèdent tous des horloges atomiques embarquées affichant des stabilités sur un
jour de l’ordre de 10−14, la résolution spatiale d’une mesure par GPS étant direc-

1Cette définition, toujours en vigueur actuellement, a néanmoins été amendée deux fois : une
première fois en 1980 pour préciser que cette valeur doit être ramenée à la surface du géoïde (en
raison du déplacement gravitationnel lié à la différence d’altitude entre les différents laboratoires) ;
une deuxième fois en 1997 pour ramener la définition de la fréquence à des atomes dans un envi-
ronnement à 0 K (dès que le déplacement Stark dynamique dû au rayonnement thermique à 300 K
est devenu non négligeable).
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tement reliée à la résolution temporelle et donc à la synchronisation des différents
satellites. Le projet européen Galiléo aura également besoin de ce genre d’hor-
loge. A l’inverse, d’importants réseaux d’horloges et de masers à hydrogène au
sol ("Deep Space Network") sont utilisés pour la localisation et la navigation des
satellites. Il est alors primordial de disposer des horloges les plus performantes,
notamment pour les projets spatiaux vers Mars et au-delà dans le système so-
laire. Enfin, les différents étalons primaires de fréquence présents dans le monde
servent à la définition des échelles de temps. Les trois fontaines du SYRTE (FO1,
FO2 et FOM) sont à l’origine du temps atomique français (TAF) et participent à
l’élaboration du temps atomique international (TAI).

Une autre application des horloges atomiques est la possibilité d’effectuer
des tests concernant la validité de différentes théories de physique fondamen-
tale [14, 15]. Un des grands tests effectués porte notamment sur l’éventuelle dé-
rive des "constantes" fondamentales, prévue par des théories alternatives à la
théorie de la relativité. Jusqu’à récemment, seules des mesures astronomiques,
présentant une faible résolution de mesure sur des grandes échelles de temps,
étaient susceptibles de tester cette prévision. Une mesure datant de 2001 pré-
senterait d’ailleurs une dérive effective de la constante de structure fine α [16] :
∆α/α = −0.72± 0.18× 10−5 sur des échelles de temps cosmologiques, mais
a été contredite en 2004 par une mesure du même type [17] (qui donne une va-
riation ∆α/α = −0.06± 0.06× 10−5), ce qui alimente une controverse [18, 19].
Avec les fontaines atomiques, puis les horloges optiques, on dispose maintenant
de mesures de très grandes résolutions mais sur des intervalles de temps beau-
coup plus courts. En effet, en suivant l’évolution de la fréquence d’horloges uti-
lisant différents atomes, qui est reliée aux différentes constantes fondamentales,
au cours du temps, on peut effectuer le même genre de test [20, 21, 22, 23] (les
données n’ont pour le moment été accumulées que sur quelques années). Les ob-
servations ne sont d’ailleurs pas en accord avec les mesures astronomiques puis-
qu’aucun effet clair n’a été mis en évidence de cette manière. Enfin, des expé-
riences d’horloges atomiques en micro-gravité (comme l’horloge PHARAO [24])
devraient permettre d’effectuer des mesures complémentaires de potentiel gravi-
tationnel et de tests de relativité générale.

Dans le but d’améliorer la précision de ces évaluations, l’utilisation d’horloges
encore plus performantes pourrait permettre une meilleure résolution pour ce
genre de mesures. Plutôt que l’amélioration des fontaines atomiques, c’est main-
tenant le développement de nouvelles horloges qui semble le plus prometteur. En
effet, les fontaines sont désormais proches de leur limite ultime. En terme d’exac-
titude, plusieurs effets systématiques commencent à être difficiles à contrôler à un
meilleur niveau : les effets liés au mouvement des atomes (avec une incertitude
de 3×10−16 sur FO2), le déplacement de fréquence provoqué par le rayonnement
thermique (6×10−17) et les collisions entre atomes froids (1.3×10−16). Du point
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de vue de la stabilité, la mesure des meilleures fontaines est actuellement limitée
par le bruit de projection quantique [25] qui est également un bruit intrinsèque
à toute mesure de système quantique. Une manière de diminuer ce bruit serait
d’augmenter le nombre d’atomes interrogés, mais c’est une opération délicate en
raison des collisions entre atomes. On pourrait également imaginer une manière
de dépasser le bruit de projection quantique (avec des états comprimés [26]), mais
aucune proposition réalisable n’a à ce jour été mise en oeuvre. Enfin, augmenter
le temps de vol des atomes nécessiterait des dimensions pour la fontaine peu réa-
listes, puisque le gain en stabilité dépend de

√
h, où h est la hauteur de la fontaine.

Pour toutes ces raisons, il existe dorénavant un consensus sur l’avenir des hor-
loges atomiques : la meilleure solution pour améliorer leurs performances est
d’utiliser des transitions de plus grande fréquence. C’est pour cette raison que
les horloges optiques, qui utilisent des fréquences de transition de 4 à 5 ordres de
grandeur plus élevées, sont actuellement très largement étudiées. Alors que des
projets d’horloges optiques existent depuis très longtemps, leur développement
a été accéléré dans les années 1990 grâce au développement des lasers femtose-
conde (dont les principaux contributeurs, Theodor W. Hänsch et John L. Hall, ont
reçu le Prix Nobel en 2005) qui permettent de comparer les fréquences optiques
aux fréquences micro-onde, ou bien les fréquences optiques entre elles. L’objet de
mon travail de thèse a été de travailler sur la dernière génération d’horloges op-
tiques actuellement développées : les horloges à réseau optique, et en particulier
l’horloge utilisant des atomes de 87Sr et de 88Sr.

Le premier chapitre de ce manuscrit présente un état des lieux des différents
types d’horloges optiques actuellement en développement dans le monde. Pour
des raisons historiques, deux types d’horloges ont été développé en parallèle pen-
dant les 1980. Ce sont d’une part des horloges à atomes neutres, qui fonctionnent
sur un principe proche de celui des fontaines atomiques, avec une interrogation
ayant lieu sur une assemblée d’atomes en chute libre ; et d’autre part les horloges
à ion(s) piégé(s) dont le principe permet d’atteindre un très bon contrôle des effets
systématiques, et notamment ceux liés au mouvement, à un niveau déjà meilleur
que celui des meilleures fontaines [27, 28]. Il aura fallu attendre une proposition
de 2001 [29] pour envisager le développement d’horloges à atomes neutres piégés
qui devraient permettre de combiner les avantages de ces deux types d’horloges.

Une approche théorique de l’horloge à réseau optique fonctionnant avec des
atomes de 87Sr est présentée dans le chapitre 2. Elle présente notamment les par-
ticularités, dans la structure atomique de cet isotope fermionique du Sr, qui font
de lui un candidat idéal pour ce type d’horloge : un transition optique virtuelle-
ment infiniment fine et la possibilité de piéger les atomes par laser dans le régime
de Lamb-Dicke sans induire de déplacement de fréquence rédhibitoire. En effet,
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la structure des niveaux, de moment cinétique électronique total J = 0, supprime
la dépendance en polarisation du déplacement lumineux, et il existe une longueur
d’onde induisant le même déplacement lumineux pour les deux niveaux d’horloge.
Une évaluation des différents effets systématiques d’un tel dispositif (mouvement
des atomes, effet du piège, sensibilité au champ magnétique...), qui permet d’es-
pérer une exactitude meilleure que 10−17, ainsi qu’une discussion sur la stabilité
accessible sont également présentées.

Les chapitres 3 et 4 présentent les différentes parties du montage expérimen-
tal. Une part importante de cette description concerne le laser ultra-stable ser-
vant à l’interrogation des atomes, qui est un point central de l’horloge. Les dif-
férentes étapes de stabilisation, ainsi que les améliorations nécessaires, sont dis-
cutées. L’horloge fonctionnant de manière séquentielle, une présentation du cycle
de mesure ainsi que le détail des toutes les étapes (refroidissement, piégeage, in-
terrogation et détection) est traité de manière complète. La phase de pompage
optique et d’interrogation en présence de champ magnétique, ajoutée en 2006, est
la modification la plus récente de l’horloge.

Enfin, les deux derniers chapitres sont consacrés à deux évaluations de l’hor-
loge. Dans le chapitre 5, on présente notamment les derniers résultats de l’horloge
à 87Sr. Ils proviennent d’une part d’une campagne d’évaluation des effets du piège
sur la mesure de la fréquence, effectuée à l’automne 2005, et d’autre part de deux
campagnes d’évaluation de l’horloge, en mars et novembre 2006. La première
campagne a permis de mesurer pour la première fois les effets d’ordre élevés dus
au piège [30] et de s’assurer qu’ils ne limitaient pas les performances de l’horloge.
Les deux campagnes suivantes [31, 32] ont consisté à évaluer les effets systéma-
tiques de l’horloge qui a désormais une exactitude de 2.6× 10−15. Le chapitre 6
est quant à lui relatif à une évaluation de l’horloge en utilisant l’isotope bosonique
88Sr [33] qui s’est révélé lui aussi être un candidat potentiel à ce type d’horloge.
Les deux systèmes ayant des avantages propres, l’utilisation conjointe des deux
isotopes devrait permettre d’améliorer la connaissance de la structure atomique, et
donc de certains effets (déplacement dû au rayonnement thermique) encore assez
mal connus de manière théorique.
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Chapitre 1

Horloges optiques : les différentes
approches

1.1 Pourquoi passer à une horloge optique ?

Actuellement, le niveau de performance des meilleurs horloges micro-onde,
les fontaines atomiques, atteint des valeurs proches de 10−16 en terme d’exacti-
tude, et de quelques 10−14τ−1/2 en stabilité [13]. Ces valeurs peuvent encore être
améliorées, mais on approche de limites fondamentales et non techniques pour ce
type d’horloge. Les fontaines ont presque atteint la limite où le bruit de projection
quantique est le bruit limitant. Pour améliorer la stabilité dans une telle confi-
guration, il faudrait augmenter le nombre d’atomes ou améliorer la finesse des
résonances observées, actuellement de l’ordre de 1 Hz. Cependant, avec une inter-
rogation de type Ramsey, cette largeur est donnée par la transformée de Fourier du
temps de vol entre les deux interrogations, lui même limité par l’expansion trans-
verse des atomes. A moins de procéder à une interrogation en micro-gravité, les
améliorations possibles sont donc assez limitées. Il en est de même pour l’exacti-
tude, où les effets motionnels des atomes sont la principale source d’incertitude.
A ce niveau, les perspectives de gain en terme d’exactitude et de stabilité de fré-
quence ne résident plus dans les améliorations des fontaines, mais plutôt dans le
choix de nouveaux types d’horloges atomiques.

Pour dépasser les limites des horloges micro-onde, l’idée la plus naturelle a été
de développer des horloges optiques. En effet, les effets systématiques sont pour la
plupart indépendants de la fréquence de la transition utilisée, et donc contrôlables
en valeur relative à un bien meilleur niveau pour une transition optique (quelques
centaines de THz) que pour une transition micro-onde (9.2 GHz pour le 133Cs).
Il en est de même pour la stabilité lorsqu’elle n’est plus limitée que par le bruit
de projection quantique. En revanche, ces considérations ne sont pas vraies en ce
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qui concerne les effets liés au mouvement des atomes (effet Doppler et effet de
recul) qui restent, en valeur relative, du même ordre de grandeur lorsqu’on passe
à une transition optique. Si l’objectif des horloges optiques est de dépasser une
exactitude de 10−16, il faut alors impérativement utiliser des atomes piégés dans
le régime de Lamb-Dicke [5].

Des mesures de fréquences optiques ont été entreprises en même temps que le
développement d’horloges au Cs, mais il a fallu attendre des développements re-
lativement récents pour permettre de franchir les principaux obstacles concernant
ces horloges : le refroidissement et le piégeage d’une part, et la mesure de fré-
quences optiques d’autre part. Si la première condition est réalisable depuis long-
temps pour des particules chargées, les techniques de piégeage d’atomes neutres
n’existent que depuis les années 1980. D’autre part, des mesures simples de fré-
quences optiques de très haute précision ne sont possibles que depuis le dévelop-
pement des peignes de fréquence femtoseconde à la fin des années 1990. A cause
de ces limites, les premières horloges optiques ont été développées selon deux
axes différents. D’une part les horloges à atomes neutres, ayant un fonctionne-
ment proche des horloges micro-onde, où la fréquence de la transition est mesu-
rée sur une assemblée d’atomes lâchés dans le champ de gravité à l’aide d’une
interrogation de type Ramsey. Ce type d’horloge a été essentiellement développé
sur deux alcalino-terreux (Ca, Mg) dont la structure électronique est propice grâce
à la présence de transitions atomiques utilisables pour le refroidissement et l’in-
terrogation des atomes. Ces horloges ont actuellement une exactitude limitée par
l’effet Doppler au niveau de 10−15 [34].

Ayant connu un développement plus précoce, les horloges utilisant des ions
piégés ont le mérite d’être insensibles à cet effet limitant l’exactitude des horloges
à atomes neutres. Amener un ion piégé dans le régime de Lamb-Dicke est une
opération bien connue depuis longtemps [1]. En revanche, ces horloges présentent
une limitation dans leur stabilité ultime, en raison de la nécessité de fonctionner
essentiellement avec un seul ou un nombre limité d’ions. La limite quantique à la
stabilité est donc forcément moins compétitive que pour une horloge utilisant un
grand nombre d’atomes. Les espèces étudiées se répartissent en deux catégories,
les ions ayant un électron périphérique (Ca+, Sr+, Yb+ et Hg+) et les ions ayant
deux électrons périphériques (In+ et Al+). Chaque famille possède des transitions
optiques utilisables pour le refroidissement et l’interrogation, mais le fonctionne-
ment des horloges, ainsi que les effets systématiques qui entrent en jeu, sont assez
différents.

C’est le développement des techniques de piégeage d’atomes neutres par la-
ser [35] qui ont permis de penser à une seconde génération d’horloges optiques
pouvant combiner les avantages des deux types d’horloges présentées ici. Les
horloges "à réseau optique", et en particulier l’horloge à 87Sr qui fait l’objet de
cette thèse, utilisent une méthode permettant de combiner les performances des
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horloges à ion en terme d’exactitude et des horloges à atomes neutres en terme
de stabilité. Initialement imaginé pour l’isotope 87Sr [29], le principe de ces hor-
loges s’est maintenant répandu et fait l’objet de développements avec différents
isotopes de trois éléments ayant une structure électronique similaire : Sr, Yb et
Hg. En plus de présenter les mêmes avantages en terme de refroidissement laser
que les autres éléments utilisés pour les différentes horloges optiques [36], ces
atomes possèdent également une longueur d’onde privilégiée pour leur confine-
ment dans un piège dipolaire, ainsi qu’une transition d’horloge extrêmement fine.
Leurs caractéristiques permettent actuellement de viser une exactitude proche de
10−18 ainsi qu’une stabilité dans la gamme des 10−16τ−1/2.

1.2 Horloges optiques à atomes neutres non piégés

Les premières horloges optiques à atomes neutres ont commencé à être dé-
veloppées pendant les années 1980. Ne profitant pas des techniques de piégeage
proposées par la suite, leur principe repose essentiellement dans le refroidisse-
ment d’une assemblée d’atomes par laser (à l’aide de pièges magnéto-optiques
ou de mélasses optiques) qui est ensuite libérée et dont on suit la chute dans le
champ de gravitation terrestre. Les vitesses des atomes étant relativement im-
portantes, des techniques d’interrogation supprimant l’effet Doppler ont été uti-
lisées [9], mais on sait d’ores et déjà que cet effet limitera l’exactitude au niveau
de 10−16 [37, 38]. La grande quantité d’atomes piégeables permet par contre d’at-
teindre de très bonnes stabilités en des temps relativement courts. Les résultats
les plus poussés ont été obtenus pour une horloge au 40Ca [38, 39], mais le 24Mg
est également un candidat pouvant fonctionner sur le même modèle [40, 41]. A
noter également des mesures faites sur la raie 1S → 2S de l’hydrogène [22] qui,
malgré les possibilités limitées en terme de refroidissement laser, représente un
enjeu important en physique fondamentale.

1.2.1 Horloge optique à atomes neutres de 40Ca

De toutes les horloges optiques à atomes neutres non piégés en cours de dé-
veloppement, l’horloge au 40Ca est la plus poussée. Elle est développée par deux
équipes, à la PTB (Allemagne) dans l’équipe de F. Riehle et au NIST (USA) dans
l’équipe de L. Hollberg. C’est elle qui a présenté le plus grand nombre de résul-
tats de haute performance, seulement rattrapée depuis un an par les horloges à
réseau optique. Les derniers résultats affichent une exactitude de 7.5× 10−15 et
une stabilité descendant à 2×10−16 en 2000 s [38].
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Structure atomique et séquence temporelle

Comme de nombreux alcalino-terreux et atomes ayant une structure sem-
blable, le 40Ca présente certains avantages qui en font un candidat intéressant
pour réaliser une référence dans le domaine optique. Le premier point est la possi-
bilité de le refroidir de manière efficace par laser. La transition 4s2 1S0 → 4s4p 1P1
à 423 nm permet un refroidissement dans un piège magnéto-optique jusqu’à des
températures de l’ordre du mK sans avoir à se préoccuper des fuites d’atomes
dans des niveaux intermédiaires. La transition 4s2 1S0 → 4s4p 3P1 à 657 nm quant
à elle, avec sa largeur naturelle de 375 Hz, est suffisamment fine pour être utilisée
comme transition d’horloge et espérer atteindre de bonnes performances en terme
de stabilité. La largeur de raie de la transition peut paraître élevée en comparai-
son des transitions actuellement utilisées dans les horloges à ion(s) piégé(s) ou à
réseau optique, mais à l’époque où les projets de ce type ont commencé, elle était
en accord avec les limites en terme de largeur de raie des meilleurs lasers stabili-
sés. Cet exemple illustre bien la rapidité avec laquelle les limites techniques sont
franchies ; il serait d’ailleurs possible d’utiliser la transition 4s2 1S0 → 4s4p 3P0
d’un isotope fermionique comme cela se fait dans les autres horloges utilisant des
éléments de structure électronique semblable. D’autre part, une autre transition,
associée à la transition d’horloge, est utilisée pour une seconde étape de refroi-
dissement. C’est la transition 4s4p 3P1 → 5s5p 1P1 à 552 nm au NIST, ou bien la
transition 4s4p 3P1 → 4s4d 1D2 à 453 nm à la PTB. Toutes ces transitions sont
reportées sur la figure 1.1.
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FIG. 1.1 – Niveaux d’énergie intervenant dans l’horloge à atomes neutres de 40Ca. (a)
Transitions utilisées par le NIST [38]. (b) Transitions utilisées par la PTB [39]. Dans cette
configuration, on utilise un laser repompeur supplémentaire pour éviter de perdre les
atomes dans un état noir.
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Un cycle d’horloge est alors la succession de plusieurs étapes. Tout d’abord
une première phase de refroidissement de 15 ms en utilisant la transition bleue
à 423 nm. Le laser correspondant provient d’un système oscillateur-amplificateur
(MOPA) à 846 nm dont la fréquence est ensuite doublée à l’aide d’un cristal non-
linéaire de KNbO3 [42]. De cette manière, la puissance disponible est de 40 mW.
Les atomes sont capturés directement à partir d’un jet thermique, seuls les plus
lents rentrant dans le cycle de refroidissement du piège magnéto-optique (PMO).
Le nombre d’atomes piégés pendant cette phase est environ 5×106 à une tempé-
rature de 2 mK.

La deuxième étape de refroidissement intervient directement après la fin du
PMO. Elle repose sur la transition d’horloge à 657 nm. Étant donnée la largeur de
la transition, la limite Doppler est très basse mais inutilisable du fait que très peu
de photons sont absorbés. Afin de remédier à ce problème, on utilise une seconde
transition partant du niveau 3P1 qui permet de diminuer artificiellement la durée
de vie de ce niveau et de l’ajuster de manière à optimiser le refroidissement. Cette
deuxième phase de refroidissement a d’abord été effectuée à la PTB en utilisant la
transition 4s4p 3P1 → 4s4d 1D2 à 453 nm, associée à un laser repompeur accordé
sur la transition 4s3d 1D2 → 4s5p 1P1 à 672 nm [43]. De cette manière on crée une
voie de désexcitation plus rapide via le niveau 4s4p 1P1.

L’équipe du NIST utilise quant à elle la transition 4s4p 3P1 → 4s4p 1P1 à
552 nm qui ne nécessite pas de laser repompeur supplémentaire. En 8 ms, on ar-
rive ainsi à refroidir environ 20% des atomes à une température de 10 µK [44].
Le laser à 657 nm est une diode laser à cavité étendue, référencée sur une ca-
vité Fabry-Pérot de haute finesse. L’injection de deux esclaves permet de disposer
d’une intensité suffisante pour le refroidissement (I ' 20 mW/cm2). Le faisceau
à 552 nm provient d’un laser à colorant. Afin d’optimiser le refroidissement, les
polarisations des deux lasers sont circulaires et de signe opposé, favorisant ainsi
le cycle (m = 0→ m =±1→ m = 0), le niveau fondamental étant exclusivement
m = 0.

Les atomes sont ensuite relâchés en chute libre et interrogés à l’aide du laser
d’horloge à 657 nm. Les populations des deux niveaux de l’horloge sont alors
mesurées. Celle du niveau fondamental est détectée par fluorescence en utilisant
le laser à 423 nm, puis celle du niveau excité en ajoutant au laser bleu le laser
vert à 552 nm. On peut alors calculer une probabilité de transition indépendante
du nombre d’atomes.

Technique d’interrogation de Ramsey-Bordé

Plusieurs méthodes pourraient être utilisées pour procéder à l’interrogation des
atomes. La méthode la plus simple serait une interrogation de type "Rabi", où les
atomes sont excités une seule fois par le laser d’horloge avec une impulsion π qui a
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FIG. 1.2 – Principe de l’interféromètre de Ramsey-Bordé à quatre impulsions. On utilise
deux paires d’impulsions successives dans des directions opposées. Les impulsions ont
une durée τ , et deux impulsions d’une même paire sont séparées d’une durée T À τ .
Seules les trajectoires correspondant aux deux interféromètres "fermés" sont représentées.

pour effet de transférer tous les atomes dans l’état excité à résonance. Cependant,
cette technique est sensible à l’effet Doppler. Les atomes étant relâchés balisti-
quement depuis le piège et le laser d’interrogation étant horizontal, la largeur de
la résonance ainsi obtenue est directement reliée à la température des atomes, et
donc à leur vitesse longitudinale. Une solution intermédiaire serait alors de faire
une interrogation indépendante de l’effet Doppler, en utilisant deux impulsions
π contra-propageantes. Dans ce cas, on observe un profil d’absorption saturée :
l’enveloppe de la distribution est le profil Doppler des atomes, mais on voit appa-
raître en haut de la résonance un creux qui correspond aux atomes dont la vitesse
est suffisamment faible pour qu’ils soient résonants avec les deux faisceaux. Dans
ce cas, la largeur du creux est directement la transformée de Fourier de la durée
de l’impulsion, qui représente les classes de vitesse sensibles à l’excitation. En
allongeant la durée des impulsions, on pourrait alors réduire la largeur de ce creux
et donc améliorer la résolution de la mesure. Seulement, en faisant ainsi, on dimi-
nue aussi le nombre d’atomes qui participent au signal, ce qui entraîne une forte
détérioration du rapport signal à bruit de la mesure.

La solution retenue pour l’interrogation est donc de type Ramsey-Bordé [9],
l’équivalent dans le domaine optique de la technique des franges de Ramsey



1.2. HORLOGES OPTIQUES À ATOMES NEUTRES NON PIÉGÉS 13

utilisée dans le domaine micro-onde, notamment dans les fontaines atomiques.
Contrairement à la méthode micro-onde, qui repose sur deux impulsions π/2 de
même durée τ séparées par un temps d’évolution T beaucoup plus grand, la mé-
thode optique nécessite quatre interactions, deux dans une direction (d’une durée
τ et séparées d’un temps T ), suivies immédiatement de deux autres dans la di-
rection opposée. La raison de cette différence est la longueur d’onde optique : la
séparation spatiale des paquets d’onde après absorption d’un photon optique rend
toute interférence impossible. Une fois les deux premières impulsions réalisées, il
s’agit donc de "refermer" l’interféromètre pour pouvoir observer des franges d’in-
terférence. En fait par cette méthode on crée deux interféromètres distincts qui
participent tous les deux au signal. Le diagramme en figure 1.2 montre l’évolution
des états atomiques après chacune des impulsions.

Supposons un cas d’interféromètre simple à deux impulsions (proche du cas
micro-onde) pour un atome à deux niveaux | f 〉 et |e〉. On appelle ω0/2π la fré-
quence de transition atomique, ωL/2π et kL respectivement la fréquence et l’im-
pulsion d’un photon laser, et p l’impulsion initiale des atomes. Après la première
impulsion, les atomes, initialement dans l’état | f ,p〉 se retrouvent dans une super-
position du niveau initial et du niveau |e,p+ h̄kL〉. Si on considère un problème à
une seule dimension, après une évolution libre durant une durée T , ces faisceaux
sont recombinés, ayant accumulé un déphasage ∆φ = kLD où D est la distance par-
courue pendant le temps T par les atomes non perturbés, soit D = T p/m. D’autre
part, la conservation de l’énergie totale des atomes impose

E f + h̄ωL = Ee (1.1)

p2

2m
+ h̄ωL = h̄ω0 +

(p+ h̄kL)2

2m
. (1.2)

On en déduit donc directement

kL
p
m

= (ωL−ω0)− h̄k2
L

2m
. (1.3)

Le déphasage s’écrit alors simplement ∆ϕ = (δ −ωr)T , où δ = ωL−ω0 est le
désaccord entre le laser et la fréquence de transition atomique et ωr = h̄k2

L/2m
est la pulsation de recul associée à un photon laser. En variant le désaccord du
laser, on peut alors obtenir des franges d’interférences, la probabilité de transition
s’écrivant

P(δ ) =
1
2
(1+ cos(δ −ωr)T ). (1.4)

On obtient alors des franges de largeur 1/2T . En réalité, cet exemple rapide ne
tient pas compte de la durée τ des impulsions. En pratique, les oscillations si-
nusoïdales se font dans une enveloppe en sinc2(δτ), ce qui donne la forme bien
connue des franges de Ramsey.
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Dans le cas d’un interféromètre à quatre impulsions, on peut tenir le même
genre de raisonnement. En sortie d’interféromètre, les atomes qui vont interfé-
rer dont ceux dans les états |e,p + h̄kL〉 et | f ,p + 2h̄kL〉 d’une part, et | f ,p〉 et
|e,p + h̄kL〉 d’autre part. Il en résulte deux interférences qui s’ajoutent, et donc
interfèrent, et qui s’écrivent sous la forme

P =
1
2
− 1

8
[cos(2T (δ +ωr))+ cos(2T (δ −ωr))]. (1.5)

Pour les mêmes raisons que plus haut, ces oscillations (de largeur à mi-hauteur
1/4T ) sont convoluées par une enveloppe en sinc2(δτ). Il est alors possible d’ajus-
ter la valeur de T de manière à obtenir un contraste maximal.

L’intérêt de cette technique par rapport à celles évoquées précédemment est
multiple. Tout d’abord, la résolution de la mesure est désormais déterminée non
pas par la durée des impulsions, mais par la durée séparant deux impulsions d’une
même paire. On peut donc augmenter cette durée de manière conséquente pour
atteindre des franges de faible largeur. De plus, les classes de vitesse des atomes
participant au signal dépendent de la transformée de Fourier d’une impulsion de
durée τ . En d’autres termes, on peut faire participer tous les atomes au signal si
on est capable de fournir des impulsions π/2 de durée suffisamment courte, c’est
à dire d’avoir une puissance dans le laser d’interrogation suffisamment grande et
des atomes suffisamment froids.

Stabilité de l’horloge

En utilisant cette technique, les résultats les plus récents présentent des franges
d’une largeur de 770 Hz. La figure 1.3 (a) correspond aux franges centrales de la
figure d’interférence obtenue. Le contraste est de 20%, une valeur très raisonnable
dans ce type de dispositif, le contraste de presque 1 atteint dans les fontaines ato-
miques n’étant pas possible dans un interféromètre à quatre impulsions (la limite
théorique est 0.5). Une sinusoïde de fréquence 2×770 Hz a été ajoutée aux don-
nées expérimentales. L’encart (b) de la figure est quant à lui un profil pris à plus
basse résolution (largeur des franges 11.55 kHz) mais qui a pour but de montrer
l’enveloppe de la structure. Dans ce cas, la largeur de l’enveloppe est limitée par
le spectre de la transformée de Fourier des impulsions, d’une durée de 3 µs, et
ainsi tous les atomes contribuent bien au signal. La dissymétrie de l’enveloppe est
caractéristique d’effets de recul, et a pour conséquence que la frange centrale est
déplacée d’une faible quantité [45].

Étant donné les résultats obtenus en terme de largeur de raie, on attendait une
stabilité à 1 s de l’ordre de 4×10−15. Cette valeur a été corroborée par la compa-
raison qui a été faite au NIST entre l’horloge au Ca et celle utilisant l’ion piégé
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FIG. 1.3 – Allure des franges obtenues avec une interféromètre de Ramsey-Bordé à
quatre impulsions dans l’équipe du NIST [34]. (a) Franges centrales prises avec une ré-
solution de 770 Hz. La courbe est une sinusoïde ajustée aux données expérimentales. (b)
Spectre entier pris à basse résolution (la largeur des franges est de 11.55 kHz). On retrouve
la forme attendue pour des franges de Ramsey.

Hg+ à 282 nm. La comparaison a été effectuée grâce à un peigne de fréquence pro-
venant d’un laser femtoseconde référencé sur l’horloge à ion Hg+ [38]. L’écart-
type d’Allan correspondant aux mesures donne une valeur de 5× 10−15 à 1 s et
descend jusqu’à une valeur de 2×10−16 à 2000 s, ce qui en fait une référence de
fréquence beaucoup plus stable que les étalons actuels : les fontaines atomiques
présentent actuellement des stabilités de l’ordre de 10−14τ−1/2 et les perspec-
tives d’amélioration sont nettement moins prometteuses que celles des horloges
optiques.

Exactitude et limites

Les effets techniques limitant les performances de l’horloge au 40Ca sont es-
sentiellement dus aux vibrations synchronisées de la table optique avec les cycles
de mesures d’une part, et à la qualité des faisceaux réalisant l’interféromètre
d’autre part. Ils se traduisent par des fluctuations de la phase laser vue par les
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atomes et entraînent un effet Doppler supplémentaire [34]. Les vibrations de la
table optique sont en partie reliées à l’allumage et l’extinction des bobines créant
le champ magnétique nécessaire au piégeage des atomes. Elles sont par consé-
quent synchrones avec la durée d’un cycle. En fonction de la durée de la mesure
pendant le cycle, cet effet peut induire un déplacement de la fréquence du laser
d’interrogation de plusieurs dizaine de Hz, effet qui a été ramené à 1.1 Hz en sus-
pendant la chambre à vide au dessus de la table optique. La qualité des faisceaux
de l’interféromètre peut quant à elle induire des déplacements dus à un mauvais
contrôle de la phase de l’interféromètre (provoquant un déplacement des franges
d’interférences). En effet, un bon interféromètre nécessite que les quatre impul-
sions le composant soient rigoureusement identiques, tant dans la durée que dans
le mode spatial. De plus, il faudrait que le front d’onde du laser soit parfaite-
ment plan afin que tous les atomes voient la même phase laser. Pour maîtriser
au mieux ce problème, les quatre faisceaux sont amenée vers les atomes par des
fibres optiques identiques assurant un bon contrôle du mode spatial, et l’allumage
et l’extinction des faisceau se fait à l’aide de MAOs dont on varie la fréquence
rapidement. Néanmoins, étant donnée la courte durée des impulsions (3 µs), cet
effet est difficilement contrôlable à mieux que 1.3 Hz actuellement [34, 38].

Les autres effets sont quant à eux mieux contrôlés pour la plupart. La sensi-
bilité au champ magnétique est extrêmement réduite, l’interrogation s’effectuant
sur une transition m = 0→ m = 0 insensible au premier ordre. D’autre part, l’ef-
fet Zeeman du second ordre est très limité, et le déplacement qui en résulte est
contrôlé au niveau de quelques 10−16. Il en est de même pour l’effet Stark du
second ordre causé par la présence éventuelle d’un faible champ électrique dans
l’enceinte. Restent les effets provoqués par le mouvement des atomes, qui sont
plus difficiles à contrôler en raison de la grande sensibilité du dispositif. D’une
part la moindre imperfection dans la géométrie des faisceaux entraîne un dés-
équilibre dans l’interféromètre ; son effet est estimé à 0.4 Hz. D’autre part, les
faisceaux doivent être strictement orthogonaux à l’accélération de la gravité ter-
restre pour fermer l’interféromètre. En inversant les directions des faisceaux, on
peut revenir à une mesure de l’effet Doppler (ici de l’odre de 5 Hz) mais avec une
incertitude de l’ordre de 0.5 Hz. Le contrôle de cet effet est au niveau de 1 Hz, soit
2.5× 10−15 en valeur relative. L’incertitude globale sur la mesure de fréquence
revient alors à 7.5×10−15.

Finalement, en améliorant toutes les imperfections du dispositif, l’exactitude
de l’horloge semble pouvoir atteindre la gamme des 10−16 mais reste fortement
limitée par l’effet Doppler. Un refroidissement supplémentaire ne viendrait pas
améliorer l’exactitude en raison de la gravité, et les horloges à atomes neutres
en chute libre ont peu de chances d’afficher une exactitude meilleure que celle
des fontaines atomiques (où les atomes sont refroidis plus vite à des températures
plus faibles - typiquement 1 µK - et où l’effet Doppler est comparable en valeur
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relative).

1.2.2 Horloge utilisant des atomes neutres de 24Mg
L’atome de 24Mg est un autre bon candidat pour réaliser une horloge à atomes

neutres et est utilisé à l’université d’Hanovre (Allemagne) [40] et au NBI (Da-
nemark) [41]. Bien que moins avancé que le 40Ca, le principe de l’horloge est
similaire. La transition 1S0 → 1P1 à 285 nm peut être utilisée pour une première
étape de refroidissement, alors que la transition 1S0 → 3P1 à 457 nm, avec une
largeur de raie d’environ 30 Hz, convient pour une transition d’horloge. Les ré-
sultats les plus récents [40] font état d’une température des atomes de 3.8 mK
et de franges d’interférence avec une résolution optimale de 170 Hz. Le nombre
d’atomes interrogés est de l’ordre de 105. La méthode de détection étant diffé-
rente (on ne mesure que la population restée dans le niveau fondamental), une
partie des atomes peut être recapturée d’un cycle sur l’autre. L’inconvénient de
cette méthode est qu’elle est sensible aux fluctuations du nombre d’atomes. À
cause de la température relativement élevée des atomes, l’interrogation par la mé-
thode de Ramsey-Bordé à quatre impulsions est limitée : avec des impulsions
d’une durée de 4 µs, seulement 9% de la distribution de vitesse des atomes contri-
bue réellement au signal. Pour pouvoir améliorer ce facteur, un second refroidis-
sement est envisagé en utilisant des techniques de refroidissement à étages. La
même technique que pour le 40Ca, à savoir l’utilisation d’un niveau supplémen-
taire pour diminuer la durée de vie de l’état excité, est envisagée par l’équipe
d’Hanovre. Un bon candidat pour cette étape supplémentaire serait la transition
3s3p 3P1 → 4s2 1S0, plus large que la transition d’horloge, et permettrait d’at-
teindre une température de 10 µK. On arriverait ainsi à interroger environ 70%
du profil Doppler des atomes. Une autre idée est de considérer une configura-
tion opposée, où la première transition est plus large que la seconde, en prenant
par exemple le système 3s2 1S0 → 3s3p 1P1 → 3s3d 1D2 [41]. On peut dans ce cas
réaliser un refroidissement dont la limite Doppler est déterminée par la durée de
vie du niveau le plus excité. Les résultats actuels [40] affichent une stabilité de
8×10−14 à 1 s.

1.2.3 Mesure de la raie 1S→ 2S de l’hydrogène
Contrairement aux exemples étudiés précédemment, l’atome d’hydrogène ne

présente pas une structure atomique qui fait de lui un bon candidat en tant qu’hor-
loge optique. Il n’existe pas de longueur d’onde de refroidissement facilement ac-
cessible, la seule transition éventuelle étant 1S→ 2P dans la gamme des 100 nm.
Néanmoins, la structure de l’hydrogène est calculable théoriquement avec une très
grande précision, et une mesure précise de la fréquence de la transition 1S → 2S
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à 121 nm permet de réaliser des tests de physique fondamentale et de comparer
les prédictions théoriques aux observations expérimentales. Elle a entre autres été
utilisée pour mesurer la constante de Rydberg et le déplacement de Lamb du ni-
veau 1S, en utilisant en parallèle une mesure de la transition 1S → 8S [46, 47],
et le déplacement isotopique entre l’hydrogène et le deutérium [48]. Elle a égale-
ment servi à tester le principe d’équivalence d’Einstein en mesurant une éventuelle
variation des constantes fondamentales [22]. La mesure de cette fréquence a été
effectuée en 1999 [49] et en 2003 [22] avec une incertitude au niveau de 10−14 par
le groupe de T. W. Hänsch au Max-Planck-Institut für Quantenoptik (MPQ) de
Garching, en collaboration avec le SYRTE.

Dispositif expérimental

Afin de sonder la transition 1S → 2S, on utilise un laser à colorants à 486 nm
stabilisé sur une cavité ultra-stable. De cette manière, la largeur de raie du laser
obtenue est de l’ordre de 60 Hz. Ce laser est alors envoyé dans une cavité de dou-
blage de fréquence pour produire une radiation ultraviolette à 243 nm, la moitié de
la fréquence de la transition. Le faisceau est ensuite dirigé vers une cavité de sur-
tension située dans une enceinte à vide. Grâce à cette cavité, on peut produire une
onde stationnaire avec une puissance suffisante pour exciter la transition à deux
photons de l’hydrogène. De l’hydrogène atomique refroidi à 7 K à l’aide d’un
cryostat est envoyé dans l’enceinte à vide de manière à produire un jet atomique
colinéaire au faisceau laser dans la cavité. Là, une fraction des atomes transite
vers le niveau 2S après absorption simultanée de deux photons de vecteurs d’onde
opposés, ce qui permet de s’affranchir de l’effet Doppler dû à la vitesse longitudi-
nale des atomes. Cette zone d’interrogation est protégée par une cage de Faraday
afin d’éviter les perturbations électriques. En sortie de cette zone, seule la portion
d’atomes proche de l’axe optique de la cavité rentre dans la zone de détection. A
l’aide d’un champ électrique, on fait transiter les atomes excités vers l’état 2P où
ils retournent dans l’état fondamental en émettant un photon Lyman-α . Un dé-
tecteur muni de 12 canaux temporels mesure alors la fluorescence, chaque canal
collectant les photons pour une période donnée après la coupure du faisceau et du
jet atomique. Cela permet de discriminer les classes de vitesse des atomes et de ne
sélectionner que les atomes les plus lents pour limiter l’effet Doppler du second
ordre. En parallèle, une partie du faisceau laser à 486 nm est prélevée et envoyée
vers un peigne de fréquence issu d’un laser femtoseconde référencé sur un étalon
primaire de fréquence, la fontaine mobile FOM du SYRTE.
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Performances

Les effets motionnels des atomes ont été évalués à l’aide d’un modèle théo-
rique utilisant sept paramètres indépendants [49]. Connaissant la distribution ther-
mique des vitesses des atomes du jet, ce modèle permet de reproduire les 12
spectres observés pour différents délais et de donner une extrapolation de la va-
leur de la fréquence de transition pour des atomes au repos. Expérimentalement,
la fréquence est mesurée grâce à des résonances de l’ordre de 1 kHz de large ob-
tenues en attendant 1600 µs après la fermeture des faisceaux. De cette manière,
on ne détecte que les atomes ayant une vitesse inférieure à 80 m/s, ce qui limite
l’effet Doppler du second ordre, en v2/c2, à une valeur de 44 Hz. Après utilisa-
tion du modèle, cet effet est corrigé, mais subsiste une incertitude de l’ordre de
20 Hz. D’autre part, un défaut d’alignement du laser dans la cavité peut entraîner
l’absorption de deux photons n’ayant pas exactement des vecteurs d’onde anti-
colinéaires. Cet effet induit un petit effet Doppler du premier ordre ainsi qu’un
effet Doppler du second ordre induisant un déplacement de fréquence inférieur à
10 Hz.

Le second effet important est dû au laser d’interrogation qui est utilisé à forte
puissance pour permettre la transition à deux photons. Il en résulte un déplace-
ment lumineux de la transition. Une valeur typique de la puissance laser dans la
cavité est de 20 mW dans chaque direction de propagation. Pour une telle valeur,
le déplacement lumineux associé est de l’ordre de 50 Hz. Après avoir effectué la
mesure pour différentes puissances dans la cavité, une extrapolation à puissance
nulle a été effectuée, donnant la valeur non perturbée avec une incertitude d’envi-
ron 20 Hz.

Les autres effets systématiques, notamment les effets du champ électrique (ré-
duits grâce à l’utilisation d’une cage de Faraday) et les effets dus à la pression
résiduelle dans la chambre à vide (fortement améliorée entre 1999 et 2004) ne
contribuent que de manière marginale à l’incertitude globale de la mesure, de
l’ordre de 10−14 dans les deux cas, soit 25 Hz environ.

Applications et limites

L’application principale de la mesure de la transition 1S→ 2S de l’hydrogène
est la réalisation de tests de physique fondamentale. Les deux mesures, séparées
de 4 ans, ont permis de donner une limite supérieure à une éventuelle dérive des
constantes fondamentales. La différence entre les deux valeurs étant de (−29±
57) Hz sur 44 mois, cela correspond à une variation du rapport νCs/νH égal à
(3.2± 6.3)× 10−15 /an. D’autre part, on a pu faire une évaluation de la dérive
éventuelle de la constante de structure fine α : les résultats ont démontré une
valeur compatible avec 0. Des mesures astrophysiques de cette éventuelle dérive
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ont été également réalisées [16] et montrent une différence entre la valeur actuelle
de α et sa valeur il y a 10 milliards d’années. En supposant une dérive linéaire de
α , on obtient une valeur inférieure à la barre d’erreur actuelle issue des mesures
spectroscopiques, ce qui ne permet pas de confirmer ni d’infirmer l’hypothèse
d’une dérive effective.

En tant qu’horloge optique, cette transition présente néanmoins des limites. Le
fait qu’il n’existe pas de moyen efficace de refroidir les atomes à des températures
de l’ordre du mK, où l’effet Doppler du second ordre devient négligeable, montre
bien qu’on ne peut pas espérer obtenir des performances compétitives sur cette
transition. Utiliser un atome aussi léger que l’hydrogène rend d’ailleurs encore
plus critiques les contraintes sur la température des atomes. Le choix des espèces
pour les horloges à atomes neutres s’est d’ailleurs naturellement tourné vers des
atomes présentant des structures atomiques plus adaptées au cycle de refroidisse-
ment et d’interrogation.

1.2.4 Conclusion

Les meilleures horloges optiques à atomes neutres non piégés présentent au-
jourd’hui des performances comparables à celles des autres types d’horloges op-
tiques. Avec des stabilités inférieures à 10−14 à 1 s [38], elles sont parmi les plus
stables jamais réalisées. D’autre part, des incertitudes dans la gamme des 10−15 [34]
et potentiellement plus faibles les rendent comparables au niveau d’exactitude at-
teint avec des horloges à réseau optique [50, 32].

Néanmoins l’amélioration des performances de ce type d’horloge est plus dé-
licat que dans d’autres configurations. Le mouvement des atomes, par exemple,
rend le contrôle de l’effet Doppler difficile au niveau de 10−16 en raison de nom-
breuses difficultés techniques qui n’ont pas un effet comparable dans une horloge
à atomes ou ions piégés. Des mesures de longueur d’onde magique ont d’ailleurs
été effectuées pour le 40Ca [51] en vue d’une possible horloge à réseau optique
utilisant cet élément. D’autre part, même si les atomes neutres sont les meilleurs
candidats pour une stabilité record grâce au grand nombre d’atome interrogés,
cette dernière est également limitée par l’effet Dick de par la méthode d’interro-
gation. En effet, une interrogation d’environ 1 ms pour un cycle de 25 ms (comme
c’est le cas pour l’horloge au 40Ca du NIST) vient dégrader la stabilité du signal,
l’effet Dick étant d’autant plus important que le rapport de ces durées (le rapport
cyclique) est proche de 1. On a également tout intérêt à utiliser une méthode d’in-
terrogation longue, ce qui nécessite sur une transition d’horloge très étroite et une
durée de vie des atomes importante.
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1.3 Horloges optiques à ion(s) piégé(s)
Pour faire face à l’obstacle que représente l’effet Doppler dans le bilan d’incer-

titude d’une horloge optique, l’évolution logique est de passer à un type d’horloge
où l’on peut s’affranchir de cet effet. Il existe en fait une configuration de piégeage
des atomes qui permet d’éliminer totalement cet effet (c’est à dire le ramener à un
niveau bien en-deçà de l’exactitude visée, typiquement 10−18 pour une horloge
optique) et de supprimer ainsi une grande partie des contraintes techniques propres
aux horloges optiques à atomes neutres en chute libre. Cette configuration, appe-
lée régime de Lamb-Dicke [5], est connue depuis 1953 et est atteinte lorsque les
atomes sont confinés sur des distances plus faibles que la longueur d’onde du la-
ser d’interrogation. Ce régime est facile à atteindre dans le cas d’une interrogation
micro-onde ou radio-fréquence : il est par exemple utilisé dans certaines horloges
à Rb, les horloges CPT ou les masers à hydrogène, où il suffit d’utiliser une cellule
de gaz de petite dimension pour contraindre le déplacement des atomes. Dans le
cas d’une transition optique, le piégeage est nettement plus contraignant, mais ce
type de régime a déjà été atteint pour des transitions de longueur d’onde encore
plus faible comme des transitions nucléaires dans le cas de l’effet Mössbauer [52].
Dans ce cas, l’énergie de recul encaissée par le noyau est largement absorbée par
le réseau cristallin dans lequel il se trouve.

Le problème du piégeage est bien connu dans le cas de particules chargées
puisqu’il fait appel à des techniques développées dans les années 1950 (pièges de
Penning et de Paul), alors que les techniques de piégeage des atomes neutres (no-
tamment dans des réseaux optiques) sont nettement plus récentes. Les horloges
optiques faisant appel à des particules chargées ont donc connu un développe-
ment beaucoup plus précoce. Elles sont entre autres avantageuses car il est pos-
sible de confiner très efficacement des particules chargées avec de petits champs
électromagnétiques qui impliquent des déplacements des niveaux de l’horloge très
faibles. En revanche, la plupart des horloges développées à partir d’ions ne com-
portent qu’un seul ion piégé, limitant ainsi le rapport signal à bruit à 1 par cycle
de mesure. Il est possible de piéger plusieurs ions, par exemple dans un piège
de Paul linéaire, mais il faut dans ce cas tenir compte de l’interaction entre les
différents ions. Des mesures ont été effectuées sur des chaînes d’ions, mais dans
le domaine micro-onde, notamment avec des ions Hg+ au JPL (USA) [53] et au
NIST (USA) [54], et des ions Yb+ au CSIRO (Australie) [55].

Les espèces actuellement étudiées pour réaliser des références de fréquence
optique sur des ions piégés peuvent être classées dans deux catégories : les ions
présentant deux électrons périphériques, comme les ions In+ et Al+, qui utilisent
une transition d’horloge de type dipolaire électrique, et les ions ayant un seul
électron périphérique (Hg+, Yb+, Sr+, Ca+) qui font appel à une transition qua-
drupolaire ou octupolaire électrique.
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1.3.1 Régime de Lamb-Dicke
Le régime de Lamb-Dicke est atteint lorsque l’extension spatiale ∆z de l’atome

piégé est beaucoup plus faible que la longueur d’onde λL du laser venant sonder
la transition. Il est généralement caractérisé par le paramètre de Lamb-Dicke η =
kL∆z¿ 1, où kL = 2π/λL est le vecteur d’onde du laser sonde. La signification de
ce critère peut être expliquée à l’aide du modèle suivant.

Considérons un système à deux niveaux, notés | f 〉 et |e〉, de durée de vie infinie
et séparés en énergie de la valeur h̄ω0. Ce système est décrit par l’hamiltonien
interne

Ĥint = h̄ω0|e〉〈e|. (1.6)

L’atome est de plus piégé dans un potentiel extérieur. Ses degrés de liberté ex-
ternes sont alors eux aussi quantifiés. En supposant que les niveaux | f 〉 et |e〉 sont
soumis au même potentiel, ont peut alors représenter l’état externe de l’atome par
des kets |n〉 où n est un entier positif ou nul. L’hamiltonien de l’état externe de
l’atome s’écrit alors

Ĥext = ∑
n

h̄ωn|n〉〈n|. (1.7)

L’état atomique peut alors être décrit en tout généralité par un vecteur |ψat〉 qui
s’écrit sous la forme

|ψat〉= ∑
n

(αne−iωnt | f ,n〉+βne−i(ω0+ωn)t |e,n〉). (1.8)

On couple alors l’atome avec un champ laser quasi-résonant à la fréquence ωs/2π
représenté par son champ électrique Es et son vecteur d’onde ks orienté selon
l’axe des z. Dans le cas d’une interaction dipolaire électrique, on peut définir la
pulsation de Rabi ΩR = −d ·Es/h̄ où d est le moment dipolaire électrique de la
transition | f 〉 → |e〉. L’hamiltonien d’interaction atome-champ s’écrit alors :

Ĥs = h̄ΩR cos(ωst− ksẑ)|e〉〈 f |+ c.c. (1.9)

L’évolution temporelle du système est décrite par l’équation de Schrödinger

ih̄
∂ |ψat〉

∂ t
= (Ĥint + Ĥext + Ĥs)|ψat〉. (1.10)

Le laser étant quasi-résonant avec la transition atomique, on a δ = ωs−ω0 ¿ ωs,
ω0 et on peut utiliser l’approximation du champ tournant, ce qui permet de déduire
les relations donnant l’évolution de la fonction d’onde atomique :

iα̇n = ∑
n′

Ω∗
R

2
ei∆(n′,n)t〈n|e−iksẑ|n′〉βn′ (1.11)

iβ̇n = ∑
n′

ΩR

2
e−i∆(n,n′)t〈n|eiksẑ|n′〉αn′ , (1.12)
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où ∆(n,n′) = δ + ωn′ −ωn. Dans le cas le plus général, le laser d’interrogation a
donc pour effet de coupler à la fois les niveaux internes et externes de l’atome.
La condition de résonance fait intervenir non pas le désaccord du laser avec la
transition atomique, mais un désaccord ∆(n,n′) qui prend en compte les niveaux
vibrationnels. Il existe donc une porteuse (transition n→ n) et des bandes latérales
(transitions n→ n′ avec n 6= n′) qui sont résonantes dès que ∆(n,n′)' 0, et seule
la porteuse a une fréquence de transition qui correspond à la fréquence de la tran-
sition atomique. Les autres résonances peut éventuellement déplacer la fréquence
de la porteuse.

Si on se place dans le régime de Lamb-Dicke, où le confinement de l’atome
est tel que ∆z ¿ λs, alors au contraire la distribution des impulsions ∆p est très
large en comparaison de l’impulsion h̄ks d’un photon du laser sonde. Un état vi-
brationnel donné est donc très peu sensible à une modification de son impulsion
de cette quantité. L’opérateur e−iksẑ étant l’opérateur translation d’un quantum h̄ks
dans l’espace des impulsions, son effet est faible dans le cas d’une distribution
large en impulsion, et on peut écrire e−iksẑ|n〉 ' |n〉. Les éléments de matrice ap-
paraissant dans les équations 1.11 et 1.12 s’écrivent alors 〈n|eiksẑ|n′〉 ' δn,n′ : un
atome initialement dans un niveau vibrationnel |n〉 y reste, et le seul désaccord
intervenant dans les équations est δ .

On peut prendre comme illustration le cas du piège harmonique. On connaît
dans ce cas l’expression de l’extension spatiale et en impulsion du niveau vibra-

tionnel |0〉 : ∆z0 =
√

h̄
2mω et ∆p0 =

√
h̄mω

2 , où m est la masse de l’atome et ω la
fréquence d’oscillation du piège harmonique. La condition de Lamb-Dicke s’écrit
alors dans ce cas :

η = ks∆z0 =
h̄ks

2∆p0
=

√
ωr

ω
¿ 1, (1.13)

avec Er = h̄ωr = h̄2k2
s

2m l’énergie de recul associée à l’absorption d’un photon du la-
ser sonde. Cette expression redonne notamment la condition sur l’extension dans
l’espace des impulsions, ∆p0 À h̄ks ainsi qu’une contrainte sur la fréquence d’os-
cillation du piège pour atteindre ce régime. On voit bien qu’il faut dans tous les cas
choisir un potentiel très confinant de manière à ce que les niveaux vibrationnels
soient les plus espacés possibles.

On peut de plus calculer les éléments de matrice 〈n|e−iksẑ|n′〉 en effectuant un
développement en η . En effet, dans le cas d’un oscillateur harmonique, cet élé-
ment de matrice peut se réécrire 〈n|e−iη(â+â†)|n′〉, où â† et â sont respectivement
les opérateurs création et annihilation associés à l’oscillateur harmonique. Le cal-
cul exact peut être mené en faisant intervenir des polynômes de Laguerre [56],
mais un développement au premier ordre pour η ¿ 1 est suffisant. On montre
alors que les pulsations de Rabi associées à la porteuse et aux premières bandes
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latérales sont

Ωn→n = ΩR (1.14)
Ωn→n−1 = ΩRη

√
n (1.15)

Ωn→n+1 = ΩRη
√

n+1. (1.16)

Le couplage avec les premières bandes latérales est atténué d’un facteur η , et ce-
lui des bandes latérales du second ordre (n → n± 2) d’un facteur η2, ce qui les
rend négligeables. Lorsqu’on est dans le régime de Lamb-Dicke, seule l’influence
des premières bandes latérales est donc susceptible de venir déplacer la porteuse.
Une évaluation de ce déplacement a été effectuée pour différentes horloges à ion
et prévoit un déplacement d’au plus 10−24 en valeur relative [57] pour des para-
mètres de Lamb-Dicke η ' 0.1 et des fréquences de Rabi de quelques centaines
de Hz.

1.3.2 Piégeage de particules chargées
Comme il est impossible de réaliser un piège à l’aide d’un seul potentiel élec-

trostatique (le théorème de Gauss impose au moins une direction de fuite), les
pièges utilisés pour confiner des particules chargées sont de deux types : soit on
utilise un potentiel électrostatique associé à un champ magnétique (piège de Pen-
ning), soit on utilise un potentiel électrique oscillant (piège de Paul). Dans les
deux cas, ces pièges introduisent des effets systématiques venant dégrader les
performances des horloges. Néanmoins la charge des ions utilisés pour les hor-
loges optique permet de réaliser des pièges en utilisant seulement des champs très
faibles. Pour des raisons d’exactitude, les pièges de type Penning ne sont pas utili-
sés car ils ont l’inconvénient d’introduire un effet Zeeman qui peut être important
en fonction de la structure magnétique de l’ion utilisé. Le piège de Paul est donc le
type de piège utilisé dans toutes les expériences d’horloges optiques fonctionnant
avec un ou plusieurs ions piégés.

Le piège de Paul

Il est possible de réaliser un potentiel quadratique confinant dans le plan xOy
et expulsant dans la direction Oz en appliquant une différence de potentiel V0 > 0 à
un système composé de trois électrodes hyperboliques : une électrode en anneau,
de rayon r0, et deux électrodes en forme de chapeau placées en z =±z0. La forme
du potentiel obtenue est alors [1]

U(x,y,z) =
V0

r2
0 +2z2

0
(x2 + y2−2z2). (1.17)
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Afin d’obtenir un potentiel piégeant dans les trois directions de l’espace, on utilise
une différence de potentiel V0(t) qui est la somme d’une composante continue et
d’une composante oscillant à la fréquence Ω/2π :

V0(t) = Vdc +Vac cos(Ωt). (1.18)

Dans le cas d’un piège de Paul idéal, où r2
0 = 2z2

0 le potentiel de piégeage s’écrit
finalement

U(x,y,z, t) = (Vdc +Vac cos(Ωt))
x2 + y2−2z2

2r2
0

(1.19)

= (Qdc +Qac cos(Ωt))(x2 + y2−2z2). (1.20)

On a posé Qi = Vi/2r2
0 qui correspondent aux composantes continue et alternative

du gradient de champ quadrupolaire.
L’équation du mouvement de la particule dans un tel potentiel est bien connue

et se résout grâce au formalisme des équations de Mathieu. Il en résulte que le
mouvement peut se décomposer en deux composantes : un mouvement rapide,
ou micromouvement, qui s’effectue à la pulsation Ω, et un mouvement lent, ou
mouvement séculaire, à une fréquence de l’ordre de qQ/Ω, où q est la charge de
la particule et Q le gradient de champ quadrupolaire.

Piège de Paul linéaire

Une alternative au piège de Paul classique permet de piéger collectivement
plusieurs particules chargées. Le potentiel alors utilisé est de la forme

V (r) =
1
2

mω2(x2− y2)cos(Ωt). (1.21)

On peut alors créer une chaîne d’ions piégés, le piégeage transverse étant réalisé
par le potentiel électrostatique, et le piégeage longitudinal étant issu de l’interac-
tion coulombienne entre les différents ions. Dans cette configuration, le mouve-
ment longitudinal des différents ions est couplé, et on a donc des modes d’oscil-
lations collectives. Cette technique est couramment utilisée en information quan-
tique, où on peut, grâce à l’interaction coulombienne, transférer de l’information
d’un ion à un autre.

Régime de Lamb-Dicke dans un piège de Paul

Les électrodes utilisées dans les expériences de piégeage d’ions ont des di-
mensions typiques de l’ordre du mm, et sont portées à des tensions de quelques
centaines de V. En faisant osciller cette tension à des fréquences Ω/2π de l’ordre
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de la dizaine de MHz, on trouve des valeurs de fréquence d’oscillation pour le
mouvement séculaire de l’ordre du MHz. L’ion ainsi piégé est ensuite refroidi par
laser pour rester dans les niveaux d’énergie les plus bas du piège de Paul. Il peut
alors rester piégé plusieurs jours sans être refroidi en permanence [58, 59].

Pour avoir une idée de la condition pour atteindre le régime de Lamb-Dicke
dans un tel piège, on regarde la valeur du paramètre de Lamb-Dicke η = kL∆z.
Dans l’approximation d’un piège harmonique avec une fréquence d’oscillation
ωsec = 1 MHz, on peut définir l’extension spatiale de la particule à partir du niveau
d’occupation moyen 〈n〉 de l’ion dans le piège :

∆z = ∆z0
√

2〈n〉+1, ∆z0 =
√

h̄
2mωsec

. (1.22)

Pour l’ion Ca+ par exemple, l’extension du niveau fondamental du piège est de
l’ordre de 11 nm, et la longueur d’onde du laser d’interrogation est λL = 729 nm.
On peut se donner un ordre de grandeur en supposant que l’occupation des niveaux
d’énergie vibrationnels suit une loi de Boltzmann, auquel cas, grâce au théorème
d’équipartition de l’énergie, on peut écrire

kBT = (〈n〉+ 1
2
)h̄ωsec. (1.23)

Les ions piégés sont généralement refroidis par laser jusqu’à des températures de
l’orde de 10 µK, ce qui donne un facteur d’occupation 〈n〉 ' 1.3. On en déduit
donc ∆x ' 20.9 nm, ce qui correspond à un facteur de Lamb-Dicke η = 0.18. Le
régime de Lamb-Dicke est donc atteint, l’effet Doppler du premier ordre ne sera
plus limitant.

1.3.3 Horloges à ion piégé utilisant une transition dipolaire élec-
trique

Plusieurs expériences d’horloge atomique fonctionnant avec un ion unique
piégé sont actuellement réalisées en utilisant des ions chargés positivement ayant
deux électrons périphériques. C’est le cas par exemple des ions In+ [60] et Al+ [28].
De ce fait, ces ions ont une structure électronique semblable à celle des atomes de
la famille des alcalino-terreux, notamment le Ca décrit dans le cadre des horloges
à atomes neutres libres, mais aussi tous les atomes actuellement utilisés pour les
horloges à réseau optique (Sr, Yb, Hg...). Tous ces ions et ces atomes utilisent
donc les même transitions optiques pour les différentes manipulations nécessaire.
Lorsqu’elle est accessible, la transition 1S0 → 1P1, toujours large et cyclante, est
idéale pour un refroidissement Doppler rapide et une détection efficace. La tran-
sition 1S0 → 3P1, plus étroite, peut être utilisée pour un (second) refroidissement
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et différentes manipulations nécessaires : le pompage optique dans les horloges à
réseau optique, la détection dans le cas de l’horloge utilisant l’ion Al+, et c’est
également la transition d’horloge dans le cas du 24Mg et du 40Ca. La transition di-
polaire électrique 1S0 → 3P0, autorisée faiblement par couplage hyperfin dans les
espèces ayant un spin nucléaire non nul, est généralement une transition d’horloge
idéale grâce à sa faible largeur de raie et sa relative insensibilité aux perturbations
électriques et magnétiques. Ces points seront d’ailleurs exposés plus en détail pour
le cas du 87Sr dans le chapitre suivant.

Horloge optique utilisant l’ion 115In+

Des différents ions présentant une structure électronique de type alcalino-
terreux, l’ion 115In+ est celui qui a été étudié en premier [61, 60]. La raison prin-
cipale de ce choix est que c’est le seul dont les transitions nécessaires pour le
fonctionnement de l’horloge (citées au-dessus) sont situées dans le domaine du
proche ultraviolet à des longueurs d’onde accessibles par des lasers commerciaux.
L’équipe de H. Walther, au MPQ de Garching (Allemagne) a réussi dès le début
des années 1990 à le refroidir par laser et à mesurer par excitation indirecte la
durée de vie du niveau 3P0 de l’horloge [61]. La transition 1S0 → 1P1, à 159 nm,
est inaccessible et le refroidissement a lieu directement en utilisant la transition
1S0 → 3P1 à 231 nm. La longueur d’onde de la transition d’horloge est quant à
elle de 237 nm. Ces deux longueurs d’onde sont obtenues par doublement de fré-
quence de lasers bleus dans un cristal de BBO (β -barium borate), eux même obte-
nus par doublement de fréquence de lasers infrarouges. La longueur d’onde de la
transition d’horloge est particulièrement facile à atteindre puisqu’elle correspond
à la quatrième harmonique d’un laser Nd :YAG à 946 nm.

Le principe de piégeage d’un ion unique dans un piège de Paul est le même
quel que soit l’ion utilisé, et est donc décrit ici dans sa plus grande généralité.
Une source d’atomes neutres est produite à partir du métal correspondant chauffé
dans un four de manière à créer une vapeur atomique. Les atomes sont alors en-
voyés vers le piège, où ils croisent un faisceau d’électrons provenant d’un canon
à électrons, et sont ionisés. Le laser de refroidissement, décalé vers le rouge de la
transition, est alors allumé de manière à refroidir une portion de cette assemblée
d’ions. Il suffit généralement d’une température relativement élevée, de l’ordre de
quelques milliers de K, pour piéger les ions dans le champ oscillant. A partir de
quelques centaines d’ions piégés, on éjecte alors peu à peu les ions en décalant la
fréquence du laser de refroidissement de manière à les chauffer. En parallèle, un
système de détection mesure la fluorescence des atomes piégés. Ce système est
constitué d’un objectif de grande ouverture, capable de collecter les photons issus
de l’émission spontanée des ions dans un grand angle solide, et d’un photodétec-
teur sélectif en longueur d’onde et très sensible. En-dessous d’un certain nombre
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d’ions, le système se fige (il y a cristallisation), et on est capable d’observer des
"sauts quantiques" dans le signal de fluorescence, en fonction du nombre d’ions
contribuant au signal. La transition de détection étant large et cyclante, le signal
provenant d’un seul ion est détectable en appliquant une impulsion laser relati-
vement courte. De cette manière on est capable de déterminer quand il ne reste
qu’un seul ion dans le piège.

Dans le cadre de cette expérience, on utilise un piège de Paul-Straubel qui
a notamment l’avantage de disposer d’électrodes de compensation pour recréer
un potentiel du type piège de Paul au centre du piège, et également pour com-
penser tout champ électrique résiduel. Le potentiel des électrodes oscille à une
fréquence de 10 MHz (fréquence du micro-mouvement des atomes), alors que
les fréquences du mouvement séculaire sont de 1.4 MHz dans la direction lon-
gitudinale, et 0.9 MHz dans la direction radiale [60]. Une fois l’ion piégé dans le
champ oscillant, il est refroidi en utilisant la transition 1S0 → 3P1 grâce à un re-
froidissement par bandes latérales, très efficace pour amener l’ion dans le niveau
vibrationnel fondamental. La fréquence de ce laser est décalée de manière à être
résonante avec une transition | f ,n〉 → |e,n− 1〉, où f représente le niveau 1S0,
e le niveau 3P1 et n représente le niveau vibrationnel de départ. Après désexci-
tation spontanée, l’ion retombe préférentiellement dans le niveau | f ,n− 1〉. La
largeur de la transition, 360 kHz, est suffisamment faible pour résoudre complète-
ment les bandes latérales du mouvement séculaire. De plus, elle est suffisamment
grande pour réaliser un grand nombre de cycles, et donc un refroidissement rapide
ainsi qu’une détection directe des photons de fluorescence. En observant le spectre
des bandes latérales, on est également capable d’observer celles liées au micro-
mouvement à 10 MHz et donc d’ajuster le potentiel de piégeage pour réduire au
maximum les effets dus au champ électrique résiduel au centre du piège. L’ion
In+ a pu ainsi être amené à une température d’environ 60 µK (ce qui correspond
à un facteur d’occupation 〈n〉 ' 5), où il se trouve dans le régime de Lamb-Dicke
localisé à mieux que λL/20.

La transition 1S0 → 3P0 a une largeur naturelle de 0.8 Hz et une technique de
détection directe des photons provenant de l’émission spontanée de l’ion vers le
niveau fondamental n’est pas appropriée. On utilise donc une technique de détec-
tion annexe : la spectroscopie de la transition se fait à l’aide d’une impulsion laser
dont on peut ajuster la fréquence autour de la fréquence de résonance. On utilise
alors la transition 1S0 → 1P1 en guise de détecteur : si l’atome est resté dans le
niveau fondamental, on va observer de la fluorescence lors de cette phase. En répé-
tant le cycle plusieurs fois pour chaque fréquence du laser d’interrogation, on peut
faire une moyenne et déterminer la probabilité de transition associée. Les derniers
résultats [62, 63] font état d’une résonance de 170 Hz de large (limitée par l’in-
stabilité du laser d’horloge), correspondant à un facteur de qualité de la transition
d’environ 1013. Deux mesures absolues de la fréquence ont été effectuées en uti-
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lisant un peigne de fréquence issu d’un laser femtoseconde. L’exactitude obtenue
alors était de 1.8×10−13, largement limitée par le dispositif de mesure.

Un nouveau laser d’interrogation a alors été développé pour améliorer la stabi-
lité du dispositif. Une largeur de raie de 4 Hz a d’ores et déjà été obtenue et devrait
permettre d’améliorer la résolution de la mesure [60]. La transition d’horloge ne
présentant pas de moment quadrupolaire électrique susceptible d’interagir avec le
gradient du champ de piégeage, et étant très peu sensible aux effets électriques
et magnétiques par ailleurs, son exactitude devrait être limitée par le déplacement
de fréquence dû au rayonnement du corps noir, qui vaut 7×10−17 à température
ambiante [64] et devrait être contrôlé à un niveau proche de 10−18. Une stabilité
de l’ordre de 10−15 à une seconde semble également possible.

Horloge optique utilisant l’ion 27Al+

L’exemple de l’ion 27Al+, ayant pourtant une structure électronique semblable,
présente de nombreuses différences. En effet, la longueur d’onde en jeu pour le
refroidissement Doppler et la détection sur la transition 1S0 → 1P1, à 167 nm, ne
peut être actuellement atteinte avec aucun laser commercial. D’autre part, la se-
conde transition potentielle pour refroidir l’ion, 1S0 → 3P1 est trop fine pour être
utilisée. Néanmoins réaliser une horloge optique sur la transition 1S0 → 3P0 de
cet ion représente un intérêt tout particulier. En plus des avantages reconnus dans
l’utilisation de cette transition (faible largeur de raie, insensibilité aux perturba-
tions extérieures d’une transition J = 0 → J = 0, absence de moment quadru-
polaire électrique), l’effet du rayonnement du corps noir à température ambiante
a récemment été évalué et correspond à un déplacement de fréquence relative
|∆ν/ν |= 8(3)×10−18 [64], le plus faible de toutes les espèces actuellement can-
didates pour réaliser un étalon de fréquence optique. Là où certaines expériences
prédisent une limitation dans l’exactitude à cause de cet effet, à moins d’opé-
rer dans un environnement cryogénique, l’horloge à ion 27Al+ ne nécessite un
contrôle et une connaissance de la température du dispositif qu’à 5 K près à tem-
pérature ambiante pour réduire sous la barre des 10−18 l’incertitude liée à cet effet.

La solution au problème de refroidissement et de détection provient direc-
tement du domaine de l’information quantique, où il est maintenant courant de
réaliser des chaînes d’ions piégés dans des pièges de Paul linéaires, l’interaction
entre ces ions permettant de réaliser des portes logiques à deux qubits par exemple.
De la même manière, il est possible de refroidir l’ion Al+ et de détecter son état
interne par le biais d’un autre ion. Cette expérience a été réalisée dans l’équipe
de D. J. Wineland au NIST en associant dans le même piège un ion 27Al+ (l’ion
de spectroscopie) avec un ion 9Be+ (l’ion logique). Ce dernier, qui a une struc-
ture électronique identique à celle des alcalins, dispose de transitions accessibles
pour refroidir les deux ions, les préparer dans l’état vibrationnel le plus bas et
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réaliser la spectroscopie de la transition. Grâce au fait que le mouvement longitu-
dinal des deux ions est couplé par l’interaction coulombienne, on peut définir une
base commune d’oscillation [65] qui sera notée comme un oscillateur harmonique
avec des niveaux |n〉. Il est ainsi possible de refroidir l’ion Al+ dans son niveau
vibrationnel le plus bas de manière sympathique [66].
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FIG. 1.4 – Niveaux d’énergie utilisés dans la réalisation de l’horloge à ion piégé Al+. (a)
Transitions utilisées dans la manipulation de l’ion logique 9Be+. (b) Transitions utilisées
dans la manipulation de l’ion de spectroscopie 27Al+.

Les niveaux d’énergie intervenant dans la manipulation de l’ion Be+ sont tra-
cés en figure 1.4 (a). Le niveau fondamental est |2S1/2, F = 2, mF =−2〉= | ↓〉L,
l’indice L indiquant qu’il s’agit de l’ion logique. La première phase de refroi-
dissement est un refroidissement Doppler sur la transition | ↓〉L → |2P3/2, F =
3, mF = −3〉 à 313 nm, polarisée σ−. Deux lasers repompeurs (polarisés égale-
ment σ−) vers le niveau 2P1/2 assurent que l’ion ne se perde pas dans un état noir.
La deuxième phase est un refroidissement par bandes latérales entre les niveaux
| ↓〉L et |2S1/2, F = 1, mF =−1〉= | ↑〉L. Celui-ci est réalisé à l’aide d’une tran-
sition Raman constituée d’un laser polarisé π et d’un second polarisé σ+/σ− de
manière à faire perdre un niveau vibrationnel à l’atome. Le niveau intermédiaire
virtuel est décalé de 2π × 80 GHz par rapport au niveau 2P1/2. Cette deuxième
phase de refroidissement est immédiatement suivie d’un repompage des atomes
vers le niveau fondamental et répétée plusieurs fois. On atteint ainsi un nombre
d’occupation moyen 〈n〉 < 0.05 pour une durée de refroidissement inférieure à
2 ms [67].
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Les niveaux d’énergie importants de l’ion Al+ sont tracés en figure 1.4 (b).
Le moment nucléaire étant I = 5/2, les deux états d’horloge ont un moment ma-
gnétique total F = 5/2 et donc des sous-niveaux Zeeman correspondants. Grâce
à une technique d’interrogation utilisant des transitions Zeeman symétriques, on
peut réaliser une mesure de la transition d’horloge indépendante des sous-niveaux
Zeeman mF . On notera donc les niveaux |1S0〉= | ↓〉S et |3P0〉= | ↑〉S, où l’indice
S indique l’ion de spectroscopie, sans tenir compte des sous-niveaux magnétiques
qui interviennent. La transition 1S0 → 1P1, inaccessible à cause de sa longueur
d’onde (167 nm), est notée à titre indicatif. La transition 1S0 → 3P1 est quant à
elle utilisée durant le processus d’interrogation.

La technique de spectroscopie et de détection est alors commandée par une
série d’impulsions appliquées à l’un ou l’autre des lasers de manière à intriquer les
états des deux ions pour finalement transférer l’information contenue dans l’ion
Al+ vers l’ion Be+. L’état initial du système est |ψi〉= | ↓〉S| ↓〉L|0〉, le dernier ket
représentant l’état vibrationnel collectif. On excite la transition d’horloge avec une
impulsion à 267 nm proche de résonance (impulsion π à résonance). Le système
se retrouve alors dans l’état

|ψ1〉 = (α | ↓〉S +β | ↑〉S)| ↓〉L|0〉 (1.24)
= (α | ↓〉S|0〉+β | ↑〉S|0〉)| ↓〉L. (1.25)

Les valeurs α et β , que l’on souhaite mesurer, représentent la probabilité de tran-
sition et vérifient |α |2 + |β |2 = 1. L’étape suivant consiste à transférer la superpo-
sition d’états de l’ion de spectroscopie sur l’état vibrationnel commun aux deux
ions. Pour cela on utilise l’état intermédiaire |3P1〉S de l’ion Al+ et la transition
1S0 → 3P1 accordée sur la première bande latérale bleue. Après une impulsion π ,
le système se retrouve alors dans l’état

|ψ2〉 = (α|3P1〉S|1〉+β | ↑〉S|0〉)| ↓〉L (1.26)
(1.27)

La dernière étape consiste alors à transférer cet état sur l’état interne de l’ion lo-
gique. Cela est fait en utilisant cette fois une impulsion π accordée sur la première
bande latérale rouge de la transition de l’ion logique qui n’a d’effet que sur l’état
| ↓〉L|1〉. L’état final est alors

|ψ f 〉= (α|3P1〉S| ↑〉L +β || ↑〉S ↓〉L)|0〉. (1.28)

La détection se fait directement sur l’ion Be+ : grâce à la transition 2S1/2 → 2P3/2
utilisée pour le refroidissement Doppler, on peut détecter par fluorescence la pré-
sence ou non de l’ion dans l’état fondamental. Après répétition de la mesure avec
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la même fréquence du laser d’horloge, on peut alors moyenner les observations,
qui nous ramènent à la valeur de |α|2 et donc de |β |2.

Le transfert de superposition d’un ion à l’autre aurait pu être réalisé sans uti-
liser la transition 1S0 → 3P1, avec une combinaison de bandes latérales bleue et
rouge sur les quatre niveaux logiques. Cependant, cette transition est beaucoup
plus large que la transition d’horloge, et il est donc plus facile de réaliser une
vraie impulsion π lors de la deuxième phase, et donc d’effectuer une mesure fi-
nale plus fidèle. L’inconvénient d’ajouter un laser supplémentaire au dispositif est
donc largement compensé par un meilleur transfert de superposition.

Grâce à un laser à fibre dont la fréquence est quadruplée et stabilisée, on dis-
pose d’un laser d’horloge ayant une largeur de raie de seulement 3 Hz. Cette faible
largeur représente un avantage considérable, puisque la détection peut être faite
avec des temps d’interaction très long (entre 1 et 100 ms). Il en résulte une limi-
tation de la largeur expérimentale de résonance par Fourier permettant d’obser-
ver des résonances de quelques Hz de large, soit un facteur de qualité Q ' 1014

permettant d’espérer une très bonne stabilité à court terme. On est donc capable
d’effectuer une mesure de la transition avec une très grande résolution après un
temps d’intégration suffisamment long.

Pour effectuer la mesure de fréquence, on utilise des niveaux mF = 0 virtuels.
Puisqu’il n’existe pas de sous-niveau Zeeman insensible au champ magnétique,
le choix a été fait de faire la spectroscopie de la transition avec un champ ma-
gnétique, en mesurant successivement les deux transitions 1S0, mF = ±5/2 →
3P0, mF =±5/2 après avoir pompé optiquement les atomes dans un de ces deux
sous-niveaux. De cette manière, la moyenne de deux mesures opposées ne dépend
pas de l’effet Zeeman du premier ordre (d’où le niveau mF = 0 virtuel) alors que
la différence permet une mesure précise du champ magnétique et l’évaluation de
l’effet Zeeman du second ordre. Cette technique, utilisée également dans l’horloge
à réseau optique au 87Sr, sera expliquée en détail dans le chapitre 5. La mesure de
la transition à 1.1×1015 Hz a pu ainsi être réalisée avec un incertitude relative de
6×10−15 grâce à un peigne de fréquence femtoseconde référencé sur une fontaine
au Cs. L’incertitude provient presque exclusivement des fluctuations du maser à
hydrogène, l’effet systématique le plus important dans ce dispositif étant l’effet
Doppler du second ordre, évalué à 0.03 Hz, soit 3×10−17 en valeur relative.

1.3.4 Horloges à ion piégé utilisant une transition quadrupo-
laire ou octupolaire électrique

Structure électronique

Les autres ions utilisés dans des expériences d’horloges optiques sont des ions
positifs d’éléments de type alcalino-terreux : 88Sr+ [68, 69, 70], Yb+ [58, 71],
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Ca+ [72, 73, 74] et 199Hg+ [27]. De fait, ces ions présentent un électron périphé-
rique et leur structure atomique se rapproche de celle des alcalins (voir figure 1.5).
La transition entre le niveau fondamental 2S1/2 et le niveau excité 2P1/2 est dans
tous les cas une transition large et cyclante qui permet un refroidissement Doppler
efficace (grâce à un faisceau repompeur qui évite les pertes) ainsi qu’une détec-
tion par la méthode des sauts quantiques. Plusieurs transitions optiques sont dis-
ponibles comme transition d’horloge, notamment entre le niveau fondamental et
un des deux niveaux de structure fine 2D3/2 et 2D5/2. La transition 2S1/2 → 2D5/2

a été choisie dans le cas du 88Sr+, du 40Ca+, du 43Ca+ et du 199Hg+, alors que
c’est la transition 2S1/2 → 2D3/2 qui est utilisée dans les horloges utilisant l’ion
171Yb+ (et qui a aussi été mesurée dans le cas de l’ion 40Ca+). Du fait de son ca-
ractère L = 0→ L = 2, cette transition ne peut être réalisée par couplage dipolaire
électrique. Les deux possibilités sont donc de réaliser une transition à deux pho-
tons contra-propageants, afin d’éliminer l’effet Doppler, ou bien une transition de
type quadrupolaire électrique. La première possibilité induisant des déplacements
lumineux importants à cause de la puissance laser nécessaire, c’est désormais la
seconde solution qui a été retenue par toutes les équipes travaillant sur ces ions.
Le caractère quadrupolaire de la transition et la position relative des niveaux fait
que le niveau excité est toujours métastable, et les durées de vies correspondent à
des largeurs de quelques fractions de Hz dans ces trois cas.

Dans le cas de l’ion Yb+, il existe une transition optique supplémentaire,
2S1/2 → 2F7/2, spécifique à cette espèce car dans ce cas uniquement le niveau
2F7/2 est le premier niveau excité. La transition est alors du type L = 0→ L = 3,
autorisée par couplage octupolaire électrique, et le niveau excité présente une
durée de vie de l’ordre de 6 ans. Cette transition a été observée pour l’isotope
172Yb+ [75] en premier lieu, puis pour l’isotope 171Yb+ [76, 58].

Pour les deux types de transition, le choix de l’isotope utilisé implique quelques
légères différences. Dans le cas de l’ion 88Sr+ (et aussi de l’ion 40Ca+ et de l’ion
172Yb+ pour la transition octupolaire électrique), le spin nucléaire vaut I = 0 : les
niveaux n’ont donc pas de structure hyperfine. Les sous-niveaux magnétiques des
niveaux concernés par l’expérience sont donc les mJ avec −J ≤ mJ ≤ J. Il y a
deux sous-niveaux pour les niveaux 2S1/2 et 2P1/2 et six pour le niveau excité de
la transition d’horloge. Plutôt que de choisir des sous-niveaux particuliers pour la
transition d’horloge à 674 nm, le choix a été fait de considérer toutes les transi-
tions possibles (dix au total) afin notamment de pouvoir s’affranchir de certains
effets systématiques (voir plus loin). En ce qui concerne la transition de refroidis-
sement à 422 nm, on est obligé de prendre en compte la fuite vers le niveau 2D3/2.
C’est pourquoi un laser repompeur (à 1092 nm pour l’ion 88Sr+) est ajouté pour
s’assurer du bon fonctionnement du refroidissement et de la détection.

Dans le cas des ions 171Yb+ et 199Hg+, le spin nucléaire est non nul (I =
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1/2) et tous les niveau atomiques présentent alors deux sous-niveaux hyperfins.
Ce choix s’explique du fait que le spin nucléaire demi-entier permet l’existence
d’un sous-niveau mF = 0 pour chacun des niveaux d’horloge, ce qui permet de
faire une mesure directe de la fréquence de la transition mF = 0 → mF = 0 en
présence de champ magnétique. Cette structure a pour effet de changer la manière
dont le refroidissement est opéré. En effet, la transition de refroidissement efficace
est 2S1/2(F = 1) → 2P1/2(F = 0) à 370 nm dans le cas de l’ion Yb+ et 194 nm
pour Hg+. Par contre, la transition d’horloge part du sous-niveau hyperfin F =
0 de 2S1/2. Il est donc nécessaire d’ajouter au laser de refroidissement un laser
accordé sur la transition 2S1/2(F = 0)→ 2P1/2(F = 1) pour repomper les atomes.
L’isotope 43Ca+ quant à lui possède un spin nucléaire F = 7/2, ce qui complique
la structure hyperfine mais ne présente formellement pas de différence dans la
manipulation.

Fonctionnement de l’horloge

Les horloges fonctionnent toutes avec le même type de piège de Paul, constitué
d’une électrode en anneau au centre, et de deux électrodes en chapeau de part et
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d’autre. Le potentiel confinant est alors de la forme

U(r) = (Qdc +Qac cos(Ωt))(x2 + y2−2z2), (1.29)

comme il a été présenté dans le paragraphe 1.3.2. L’intérêt du terme statique Qdc
est le même que celui des électrodes de compensation dans le cas d’un piège de
Paul-Straubel : il permet d’ajuster le champ électrique au centre du piège pour
rattraper les anomalies, généralement géométriques ou dues à un dépôt de charges
sur les électrodes. Ce terme permet également de modifier la valeur du gradient
de champ quadrupolaire au centre du piège. Les fréquences typiques de fonction-
nement du piège sont toujours du même ordre de grandeur : une dizaine de MHz
pour la fréquence Ω/2π d’oscillation du potentiel, et des fréquences séculaires de
l’ordre du MHz.

L’ion ainsi piégé est alors refroidi sur la transition 2S1/2 → 2P1/2 dans le ré-
gime de Lamb-Dicke en quelques ms. Les températures atteintes sont variables
selon les expériences et atteignent une dizaine de mK dans les cas les plus dé-
favorables. Elles sont néanmoins suffisamment faibles pour s’affranchir de tous
les effets motionnels. En refroidissant l’ion 88Sr+ à 10 mK, l’effet Doppler du se-
cond ordre ne vaut déjà plus que 10−17 en valeur relative. Pour ce même ion, on a
réussi récemment à piéger plus de 98% des atomes dans le niveau fondamental du
piège [70] (ce qui correspond à un facteur d’occupation moyen 〈n〉 = 0.014(8)).
L’interrogation sur la transition d’horloge est relativement similaire pour les dif-
férentes horloges. Dans le cas des horloges ayant un spin nucléaire I = 1/2, le
niveau fondamental ne possède qu’un sous niveau magnétique, il est donc facile
d’interroger la transition mF = 0→mF = 0 en appliquant un faible champ magné-
tique (quelques µT). La probabilité de transition est mesurée par la méthode des
sauts quantiques et la fréquence du laser d’interrogation est asservie sur la réso-
nance atomique. Dans le cas où I = 0, les mF sont tous demi-entiers, il faut donc
mesurer deux transitions symétriques pour connaître la valeur de la fréquence ab-
solue. La mesure de la fréquence du laser se fait toujours à l’aide d’un peigne de
fréquence référencé sur une fontaine atomique.

Effets systématiques

L’utilisation d’une transition quadrupolaire électrique est à l’origine d’un dé-
placement de fréquence propre à ce type d’horloge et qui peut être important (jus-
qu’à une dizaine de Hz [77]). Il vient du fait que l’état excité 2D3/2,5/2 possède un
moment quadrupolaire électrique Θ(D,3/2 ou 5/2) qui interagit avec le gradient
de champ électrique résiduel au niveau de l’atome. De par la structure quadrupo-
laire du champ de piégeage, ce gradient n’est jamais nul et induit un déplacement
dit quadrupolaire. La valeur de ce gradient au centre du piège est Qdc, il est donc
utile de pouvoir jouer sur ce paramètre pour mesurer le déplacement quadrupolaire
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de la fréquence d’horloge. Cependant, une simple mesure du déplacement et une
extrapolation pour un gradient de champ nul ne permet pas de réduire suffisam-
ment l’incertitude de cet effet pour pouvoir prétendre à une grande exactitude : une
incertitude de 1 V sur la tension appliquée aux électrodes conduit à une incertitude
typique sur la fréquence d’horloge d’une fraction de Hz [58]. Pour cela, des mé-
thodes d’annulation du déplacement quadrupolaire au niveau de 10 mHz ont été
imaginées et mises en œuvre [78, 69]. Elles seront présentées dans le paragraphe
suivant. Il existe également un effet Stark quadratique associé à l’interaction du
moment dipolaire électrique de l’atome avec le champ électrique de piégeage. La
technique d’annulation du déplacement quadrupolaire permet également d’annu-
ler le terme tensoriel de cet effet et de réduire son incertitude au moins au même
niveau [69].

L’effet du champ magnétique doit aussi être pris en compte. Bien que dans
chacune des trois configurations, la technique de mesure de la fréquence d’horloge
permette d’annuler le déplacement Zeeman du premier ordre, la structure fine des
atomes implique l’existence d’un effet Zeeman quadratique. Dans le cas de l’ion
Sr+, l’avantage de mesurer deux fréquences pour deux transitions symétriques est
que cela permet également, grâce à une bonne connaissance des facteurs de Landé
des différents niveaux, de faire une mesure très précise du champ magnétique. Le
coefficient donnant le déplacement Zeeman quadratique est également très bien
connu, ce qui permet une évaluation de l’incertitude due à cet effet en dessous de
10 mHz. Pour ce qui est des ions Hg+ et Yb+, la même méthode est appliquée :
alors que la transition d’horloge est mesurée sur une transition mF = 0→mF = 0
en présence de champ magnétique, la transition mF = 0 → mF = 2 est mesurée
régulièrement pour donner une mesure du champ magnétique et une évaluation du
déplacement. Dans le cas de Hg+, l’incertitude relative à cet effet a été estimée à
20 mHz [27].

Contrairement aux horloges à ion utilisant une transition dipolaire électrique,
il n’y a pas de refroidissement par bandes latérales ici. Le mouvement résiduel des
atomes loin du centre du piège peuvent donc causer un effet Doppler (du premier
et du second ordre) supplémentaire. Pour corriger ces effets, on peut appliquer des
tensions statiques différentielles sur les deux électrodes en chapeau ce qui permet
de recentrer le piège et de corriger ces effets sous la barre des 10 mHz [27]. Enfin,
des déplacements dus au rayonnement de l’enceinte et aux différents lasers sont
aussi à prendre en compte, mais leur incertitude ne dépasse pas celle des effets
plus importants.

Annulation du déplacement quadrupolaire

L’hamiltonien décrivant le déplacement dû à l’interaction entre le moment
quadrupolaire de l’atome et le gradient de champ électrique au niveau de l’atome
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s’écrit [78]
ĤQ = ∇E(2)·Θ(2), (1.30)

où ∇E(2) est un tenseur représentant les gradients de champ électrique, et Θ(2)

est l’opérateur quadrupolaire électrique de l’atome. Sans entrer dans les détails,
on peut déterminer la valeur du déplacement d’énergie ∆νn d’un niveau |n〉 (au
premier ordre) par cet effet dans le cas où le piège a exactement la forme donnée
par l’équation 1.29 [69] :

h∆νn = γQdcΘ(n)[3m2
F −F(F +1)](3cos2 β −1). (1.31)

Ici n est un indice regroupant tous les nombres quantiques permettant d’identifier
un niveau d’énergie, γ un facteur numérique dépendant de la structure du niveau,
Θ(n) = (n||Θ(2)||n) le moment quadrupolaire du niveau |n〉, F le moment ciné-
tique total, mF la projection du moment cinétique total sur l’axe de quantification
(déterminé par le champ magnétique), et β l’angle entre l’axe de quantification et
l’axe de symétrie du piège. Il est intéressant de voir tout d’abord que le niveau fon-
damental ne possède pas de moment quadrupolaire propre. Le déplacement qua-
drupolaire de la transition est donc celui du niveau excité. D’autre part, il existe
deux moyens d’annuler ce déplacement : en annulant le terme 3m2

F −F(F +1) ou
en annulant 3cos2 β −1.

L’idée d’annuler la composante en 3cos2 β −1 a été proposée par W. M. Itano
(NIST, USA) [78] et a été appliquée par la suite aux différentes horloges. Plu-
tôt que de trouver l’angle β qui annule ce terme, on peut calculer ce terme pour
des orientations bien particulières du champ magnétique. Quand il est colinéaire
à l’axe du piège, ce terme vaut 2, alors que lorsqu’il est orthogonal à l’axe du
piège, le terme vaut −1. Ainsi, si on effectue la mesure de la transition d’horloge
pour trois directions orthogonales du champ magnétique (une colinéaire à l’axe
du piège, les deux autres orthogonales), la moyenne des trois mesures est indé-
pendante du déplacement quadrupolaire. En fait, cette propriété est toujours vraie
pour trois directions du champ magnétique orthogonales quelconques [78]. Avec
trois paires de bobines orthogonales, il est donc possible d’alterner les mesures
pour différentes directions du champ et annuler ce terme. Cette technique d’an-
nulation a été appliquée lors de la mesure et de l’évaluation du moment quadru-
polaire des trois espèces étudiées [71, 79, 77, 68]. L’inconvénient majeur de cette
méthode est l’incertitude sur l’orientation exacte du champ magnétique et donc
sur β . On estime communément que cet angle ne peut pas être défini à mieux que
10◦ près. Il est donc difficile d’annuler ce déplacement à mieux que quelques %
de la valeur du déplacement lui même.

La deuxième solution est d’annuler le terme en 3m2
F −F(F + 1). Elle a été

proposée par P. Dubé (NRC, Canada) [69]. Là encore deux manières d’y arriver
sont possibles. On peut par exemple déterminer le mF qui annule cette quantité.
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Généralement la valeur de mF correspondante n’est pas physique (35/12 pour
l’ion 88Sr+), mais on peut effectuer la mesure de la fréquence absolue en fonction
de la valeur de m2

F dans l’état final. Le déplacement étant linéaire en fonction de
m2

F , ont peut donc trouver la valeur de la fréquence non déplacée en ajustant les
valeurs mesurées avec une droite et en regardant l’intersection avec la valeur vou-
lue. C’est ce qui a été fait par exemple au NPL [68] en considérant trois transitions
dont les sous-niveaux Zeeman finaux étaient |mF |= 1/2, 3/2, 5/2. La deuxième
méthode, applicable également dans le cas de Sr+, est de remarquer que dans le
cas où F est demi-entier, là encore la somme des déplacements quadrupolaires
sur toutes les valeurs possibles de m2

F est nulle. L’avantage dans ce cas est que
la seule contrainte repose sur la stabilité de l’angle entre le champ magnétique et
le champ électrique au cours du temps. L’incertitude sur cette méthode est donc
considérée comme négligeable jusqu’au niveau de 10−17 au moins. D’autre part,
la présence d’un moment cinétique total demi-entier oblige à sonder à chaque fois
les transitions par paires (symétriques). Le terme de déplacement quadrupolaire
du second ordre étant une fonction impaire de mF , il est automatiquement annulé
par la mesure.

Performances des horloges

L’exactitude est un des points forts des horloges à ion piégé. Les résultats
actuels présentent quelques disparités, mais le contrôle des effets systématiques
est généralement excellent, l’exactitude étant souvent limitée par le processus de
mesure, notamment par l’exactitude des dispositifs servant de référence.

Les résultats des deux équipes travaillant sur l’ion 88Sr+ sont en bon ac-
cord. L’équipe du NRC (Canada) a fait une mesure de la fréquence de transi-
tion à 444 779 044 095 484(15) Hz [69], soit une exactitude de 3.4× 10−14. Elle
est essentiellement limitée par des incertitudes sur la partie scalaire du déplace-
ment Stark quadratique, mais la contribution de l’incertitude provenant du ma-
ser représente 5 Hz, soit environ 10−14 en valeur relative. La technique d’annula-
tion du déplacement quadrupolaire est par contre très efficace, puisque l’incerti-
tude résiduelle est estimée à seulement 5× 10−18. En comparaison, l’équipe du
NPL [68] affiche une incertitude dix fois plus faible, à 3.4× 10−15. Les termes
dominants sont le déplacement lumineux dû à une mauvaise extinction du laser
de refroidissement à 422 nm (0.8 Hz) ainsi que l’incertitude sur la fréquence du
maser servant de référence (0.7 Hz). La fréquence de la transition mesurée est
444 779 044 095 484.6(1.5) Hz. Les deux mesures indépendantes sont en très bon
accord.

Pour s’affranchir des incertitudes liées à la mesure, l’équipe de la PTB tra-
vaillant sur l’ion 171Yb+ a réalisé une comparaison entre deux horloges iden-
tiques et indépendantes fonctionnant sur la même transition [71]. La différence de
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fréquence mesurée pour chacun des deux ions a été réalisée en comparant les deux
dispositifs pour des orientations du champ magnétiques différentes l’une de l’autre
de manière a supprimer efficacement les effets dus au moment quadrupolaire et
à l’effet Stark. L’incertitude dominante dans cette mesure vient alors du manque
de contrôle sur l’orientation du champ magnétique. La différence à été mesurée
comme étant ∆ f = 0.26(42) Hz, soit une incertitude relative de 3.8(6.1)×10−16.
Ce teste prouve la reproductibilité de la mesure de fréquence à un niveau presque
équivalent aux meilleures comparaisons d’horloges au césium [13]. La fréquence
absolue a par ailleurs été mesurée précédemment [80].

Les effets systématiques de l’horloge à ion 43Ca+ développée à l’université de
Provence ont été évalués avec une incertitude de 9×10−16[73]. Ce niveau d’exac-
titude est actuellement limitée par l’incertitude sur le déplacement de fréquence dû
au rayonnement thermique de l’enceinte (à environ 6.6×10−16 en valeur relative).
En refroidissant l’enceinte à 77 K, on estime pouvoir s’affranchir largement de cet
effet, et les effets prépondérants deviennent alors le déplacement Zeeman et le
déplacement quadrupolaire, qui est annulé en utilisant trois orientations du champ
magnétique orthogonales. Ces deux effets sont contrôlés au niveau de 2.4×10−14.
Enfin, en atteignant la limite où la stabilité de la mesure est limitée par le bruit de
projection quantique, l’horloge à 40Ca+ semble pouvoir atteindre une stabilité de
l’ordre de 2.2×10−15τ−1/2.

L’horloge à ion 199Hg+ du NIST [27] a elle été évaluée au niveau de 9.1×
10−16, soit une précision au niveau du Hz, principalement dominée par l’incerti-
tude de la fontaine servant de référence. En effet, les effets systématiques sont
contrôlés à un très bon niveau, l’incertitude systématique ayant été évaluée à
7.2× 10−17, un niveau meilleur que celui des meilleures fontaines atomiques,
dominée par l’effet de l’interaction du moment quadrupolaire avec le champ de
piégeage. Les autres contributions sont l’incertitude systématique de la fontaine
NIST-F1 ayant servi de référence (4.1× 10−16) et celle du de la chaîne femtose-
conde pour la mesure (2.3×10−16). Le terme principal provient de la faible stabi-
lité de la fontaine. En effet, les mesures effectuées présentent un écart-type d’Allan
de 3.38×10−13τ−1/2. En moyennant cet effet sur la durée totale de la mesure, la
contribution statistique représente une incertitude de 0.97 Hz (environ 10−15 en
valeur relative) pour une fréquence mesurée de 1 064 721 609 899 144.94 Hz.

1.3.5 Discussion et applications des horloges à ion(s) piégé(s)
On peut d’ores et déjà considérer que les horloges optiques fonctionnant avec

un ion dans un piège de Paul sont les horloges atomiques les plus performantes au
monde. Grâce à un contrôle du mouvement de l’ion dans le piège, on est capable
de rendre les effets Doppler du premier et du second ordre négligeable au niveau
d’une exactitude de 10−18. D’autre part, la contrepartie que représente le champ
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nécessaire pour piéger l’ion n’est pas non plus une limite, les champs utilisés étant
faibles. Les effets induits par ce champ, effet Stark et déplacement quadrupolaire,
ne représentent pas un obstacle, des techniques d’annulation précises ayant été
proposées pour contrôler ces effets dans la gamme des quelques 10−18. Ces hor-
loges affichent pour la plupart des exactitudes qui sont actuellement limitées par
les processus de mesure et par l’étalon de référence auquel on les compare. Les
effets systématiques sont dorénavant contrôlés à mieux que 10−16, et on estime
pouvoir gagner encore un ordre de grandeur avant d’atteindre la limite de ces hor-
loges.

En ce qui concerne la stabilité, les résultats sont pour le moment limités par
différents paramètres. Les transitions généralement utilisées ont des largeurs de
raie de quelques centaines de mHz, correspondant à des facteurs de qualités théo-
riques Q' 10−15. En pratique, les transitions observées, qui dépendent de la lar-
geur de raie du laser d’interrogation, ont entre quelques Hz et quelques centaines
de Hz de large, dégradant Q d’un facteur allant de 10 à 1000. D’autre part, le
principal inconvénient de ces horloges est la présence d’une seule particule, qui
limite le rapport signal à bruit à 1. Il semble possible d’atteindre a priori une sta-
bilité dans la gamme des 10−15τ−1/2, une valeur beaucoup plus facile à atteindre
dans le cas d’horloges à atomes neutres. Il est néanmoins possible d’atteindre la
limite quantique pour la stabilité dans le cas d’une horloge à ion [81], car c’est le
rapport signal à bruit de la transition qui est limitant, et non l’effet Dick comme
c’est le cas des horloges à atomes neutres. D’autre part, grâce à la longue durée
de vie d’un ion dans un piège de Paul, il est en théorie possible de procéder à des
interrogations très longues, et donc de tirer parti des caractéristiques des meilleurs
lasers ultra-stables [82]. Dans le cas de l’ion Al+, des interrogations d’au moins
100 ms sont d’ores et déjà réalisées.

Les applications des horloges sont diverses, et on va en retenir ici quelques
unes des plus importantes. La première, qui est une des motivations du dévelop-
pement des horloges optiques, est le test des théories de physique fondamentale.
Comme c’est le cas pour beaucoup d’horloges en fonctionnement depuis plusieurs
années, les horloges optiques sont un outil important pour déterminer une éven-
tuelle dérive des constantes fondamentales. Notons par exemple des mesures faites
avec l’horloge à ion Yb+ de la PTB pour mesurer le rapport de sa fréquence par
rapport à celle d’une fontaine atomique au césium fY b/ fCs, dont la variation tem-
porelle relative a été mesurée comme étant (−1.2± 4.4)× 10−15 /an [21]. Une
étude du même genre a été faite avec l’horloge à ion Hg+ du NIST pour une
détermination de la possible variation de la constante de structure fine α [23] :
|α̇/α|< 1.3×10−15 /an.

Une autre application très importante dans le domaine de la métrologie est
la stabilisation de lasers. Il est actuellement reconnu que pour sonder des transi-
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tions d’horloges, notamment dans les horloges à réseau optique qui utilisent des
transitions de quelques mHz de large, une stabilisation des lasers sur des cavités
optiques n’est pas suffisante. Avec une horloge à atomes neutres très stable, on
pourrait alors interroger un ion pendant une grande durée.

1.4 Horloges à réseau optique

1.4.1 Piégeage d’atomes neutres

Les horloges à ion ayant prouvé leur efficacité en terme d’exactitude (l’équipe
travaillant sur l’ion 27Al+ affiche déjà un contrôle des effets systématiques au ni-
veau de 3× 10−17 [28]), c’est tout naturellement que différentes équipes se sont
penchées sur la possibilité d’obtenir des performances identiques en piégeant des
atomes neutres, tout en profitant d’une stabilité comparable à celle des horloges à
atomes neutres non piégés. Le but de cette manœuvre serait d’obtenir des perfor-
mances encore jamais atteintes, au niveau de 10−17 voire 10−18 en terme d’exac-
titude, et au niveau de 10−16τ−1/2 en terme de stabilité. Si le développement de ce
type d’horloge a été plus tardif, c’est tout d’abord parce que les méthodes de pié-
geage de particules neutres n’ont été développées que dans le courant des années
1980. Ces techniques reposent sur l’utilisation de champs magnétique et/ou lumi-
neux [35] et n’offrent pas toutes les mêmes possibilités. Les pièges de type ma-
gnétique ou magnéto-optique [83] ne permettent d’effectuer des mesures à un ni-
veau métrologique en raison des forts gradients lumineux et de champ magnétique
utilisés, responsables de déplacements de fréquence importants dans le domaine
optique. D’autre part, il n’est pas possible d’atteindre le régime de Lamb-Dicke
avec de tels pièges.

En revanche, l’utilisation d’un piégeage de type dipolaire, réalisé pour la pre-
mière fois en 1986 [84], a été le point de départ d’un nouveau concept d’horloges
optiques. Ce piège résulte de l’interaction du moment dipolaire atomique avec le
gradient de champ électrique d’un laser qui a pour effet de créer une force sur
l’atome qui dépend du gradient d’intensité du laser de piégeage [85]. On peut ex-
primer le potentiel dont dérive cette force subie par les atomes en se plaçant dans
le cas simple d’un système à deux niveaux | f 〉 et |e〉 séparés par une énergie h̄ω0.
On note El(r) = El(r)el cos(ωlt +ϕ(r)) le champ électrique du laser de piégeage
en r, oscillant à la fréquence ωl/2π et de polarisation el . La pulsation de Rabi de
la transition se note alors h̄ΩR(r) = −(d.el)El où d représente le moment dipo-
laire atomique. Dans l’approximation où le désaccord δ = ωl−ω0 et la largeur Γ
de du niveau excité vérifient Γ¿ |δ | ¿ωl,ω0 et où le paramètre de saturation est
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faible, le potentiel de piégeage s’écrit

U(r) =
h̄Ω2

R(r)
4δ

. (1.32)

Le potentiel de piégeage est donc directement le déplacement lumineux du ni-
veau fondamental. On voit bien que la force dipolaire F = −∇U(r) issue de ce
potentiel est proportionnelle au gradient d’intensité du laser. Il existe alors deux
configurations : lorsque le laser est décalé vers le rouge (δ < 0), les atomes sont
attirés vers les régions d’intensité maximale, alors que s’il est décalé vers le bleu
(δ > 0), ce sont les zones d’intensité minimale qui minimisent l’énergie poten-
tielle des atomes. En prenant par exemple un laser focalisé décalé vers le rouge,
on est capable de piéger des atomes au niveau du col d’un faisceau gaussien.

À partir de ce type de piège, des propositions ont été faites pour prendre en
compte les deux limites que présente encore ce type de piège. D’une part, on n’at-
teint généralement pas le régime de Lamb-Dicke avec un faisceau focalisé. La
raison est que même dans la direction transverse, qui est la plus confinante, il est
difficile de contrôler l’excursion moyenne des atomes à mieux qu’une longueur
d’onde optique à cause des dimensions du faisceau. Une idée est alors d’utiliser
une onde stationnaire [86] : en rétro-réfléchissant le laser de piégeage, on crée un
réseau optique composé de puits de potentiels espacés de λl/2, où λl est la lon-
gueur d’onde du laser. Il est alors possible de piéger les atomes dans la direction
longitudinale sur des distances bien meilleures.

La deuxième limite concerne le déplacement lumineux induit par le piège.
Les pièges de type lumineux sont en effet responsables de déplacements de fré-
quence beaucoup plus importants que leurs équivalents pour des particules char-
gées. Une faible profondeur de piégeage, de l’ordre de 100 µK, implique ainsi
un déplacement lumineux de l’ordre de 2 MHz. L’idée d’utiliser un laser décalé
vers le bleu, qui permet de réaliser un piège moins intense, maintient malgré tout
un déplacement lumineux important et difficilement en accord avec des mesures
spectroscopiques de haute précision [87]. Dans le cas du 87Sr, pour un laser à
813 nm, on a montré que la profondeur de piège minimale pour atteindre le ré-
gime de Lamb-Dicke est de 10 Er (Er = h̄2k2

p/2m est l’énergie de recul associée
à l’absorption ou l’émission d’un photon du piège). Dans ce cas, les niveaux sont
déplacés de 36 kHz [88], soit environ 10−10 de la fréquence d’horloge. Pour es-
pérer atteindre une exactitude de l’horloge au niveau de 10−17, il faudrait donc
contrôler ce déplacement de fréquence au niveau de 10−7, c’est à dire l’intensité
lumineuse au niveau à 10−7. Étant donnée la difficulté technique que cela repré-
sente, il est nécessaire de trouver un moyen de minimiser le déplacement de la
fréquence d’horloge.
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1.4.2 Annulation du déplacement lumineux dû au piège
Le déplacement lumineux des niveaux d’horloge peut s’exprimer au premier

ordre en fonction de la polarisabilité dynamique αe, f des niveaux considérés. Il
s’écrit alors sous la forme

∆Ee, f =−1
4

αe, f (ωl,el)E 2
l . (1.33)

Ce déplacement dépend de trois paramètres : la polarisation el , l’intensité I ∝ E 2
l

et la fréquence ωl/2π du laser utilisé pour le piège. On peut supprimer la dépen-
dance en polarisation de la polarisabilité en utilisant des niveaux ayant un moment
cinétique électronique total J = 0, c’est à dire n’ayant pas de structure hyperfine.
Le terme devient alors purement scalaire αe, f (ωl). L’idée serait donc d’utiliser
comme transition d’horloge une transition J = 0→ J = 0, mais une telle transition
est interdite par les règles de sélection pour une transition à un photon. Ce type
de transition peut par contre être faiblement permise par couplage hyperfin chez
les espèces ayant un moment magnétique nucléaire non nul. Le meilleur exemple
de ce type de transition est la transition 1S0 → 3P0 utilisée pour les horloges à ion
27Al+ ou 115In+. On la retrouve également dans tous les isotopes fermioniques
des alcalino-terreux (Mg, Ca, Sr) et des éléments ayant une structure semblable
(Yb, Hg). La polarisabilité dans ce cas là est essentiellement scalaire, même s’il
existe des termes tensoriels correctifs, et on peut également bénéficier du fait que
la transition est très fine en raison de la faiblesse du couplage hyperfin [89, 90].

Dans cette approximation, on peut alors écrire le déplacement de la fréquence
d’horloge en fonction de la polarisabilité différentielle :

∆νhor =− 1
4h

∆α(ωl)E 2
l . (1.34)

Pour s’affranchir de la dépendance en intensité, l’idée est donc de trouver une
fréquence (longueur d’onde) telle que le terme ∆α s’annule. L’existence d’une
telle longueur d’onde, dite longueur d’onde magique, a été démontrée en 2001
par H. Katori [29] pour des atomes de Sr. Elle est due à la configuration parti-
culière des niveaux d’énergie, qui sera discutée dans le chapitre suivant, et par
conséquent existe également pour tous les atomes cités précédemment ayant une
structure électronique similaire. Dans cette configuration, le contrôle probléma-
tique de l’intensité du laser piège est remplacé par le contrôle de sa longueur
d’onde à un niveau facilement réalisable : dans le cas du 87Sr un contrôle de cette
longueur d’onde à 10−4 nm près suffit à obtenir une incertitude de 2× 10−17 sur
le déplacement lumineux.

Dans une configuration où le piège est à la longueur d’onde magique, on est
capable, au premier ordre tout du moins, d’obtenir une situation de piégeage équi-
valente à celle des ions piégés, à savoir atteindre le régime de Lamb-Dicke tout
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en ne subissant pas de déplacement de la fréquence d’horloge. Il reste cependant
une incertitude de taille sur la faisabilité de l’horloge. En effet, si les termes ten-
soriels correctifs ne posent pas de problème étant donnée la force du couplage
hyperfin, la contribution des termes d’ordre élevé est pour le moins incertaine. Il
faut bien réaliser que même si le terme du premier ordre s’annule, le déplacement
lumineux de chaque niveau est de 36 kHz pour une profondeur de piège de 10 Er.
Le terme suivant dans le développement en fonction des puissances de El , appelé
hyperpolarisabilité, n’a lui aucune raison de s’annuler à la longueur d’onde ma-
gique, et pourrait entraîner un déplacement individuel des niveaux, et donc de la
fréquence de la transition, limitant pour l’exactitude de l’horloge. Les évaluations
théoriques étant soumises à de nombreuses incertitudes, seule une évaluation ex-
périmentale [30], qui sera présentée dans le chapitre 5, a permis de s’assurer que
ce terme ne contribuera qu’à hauteur de 10−18 sur l’incertitude de la mesure.

Suite à ces études, plusieurs projets on démarré presque simultanément. L’atome
visé au départ était l’isotope fermionique 87Sr, pour lequel la transition d’horloge
est à 698 nm (largeur théorique 1 mHz) et la longueur d’onde magique à 813 nm.
Trois groupes ont d’ores et déjà démontré la faisabilité de l’horloge et effectué
des mesures absolues de la fréquence d’horloge avec une exactitude au niveau de
10−15 ou mieux : celui de H. Katori à l’université de Tokyo (Japon), celui de J. Ye
au JILA à Boulder (USA) et notre équipe au SYRTE dirigée par Pierre Lemonde.
Des équipe du NPL (Royaume-Uni) et de la PTB (Allemagne) travaillent égale-
ment sur le 87Sr. Le même type d’horloge est également en fonctionnement dans
l’équipe de L. Hollberg au NIST (USA), en utilisant les isotopes fermioniques
171Yb et 173Yb. Elle est également en cours de développement dans plusieurs
autre laboratoires : le KRISS (Corée du Sud), le NIST, l’INRIM (Italie)... Les lon-
gueurs d’onde qui entrent en jeu sont 578 nm pour la transition d’horloge (largeur
10 mHz) et 795 nm pour la longueur d’onde magique. Enfin, des projets utilisant
le Hg, notamment au SYRTE et à l’université de Tokyo, ont démarré récemment.
Les longueurs d’onde sont situées dans le proche ultra-violet : la transition d’hor-
loge (100 mHz de large) est à environ 266 nm, et la longueur d’onde magique vers
360 nm.

1.4.3 Historique des résultats obtenus
Depuis la proposition de 2001, les horloges à réseau optique ont progressé très

rapidement, notamment celles fonctionnant avec du 87Sr, et ont d’ores et déjà dé-
passé les performances des horloges à atomes neutres non piégés en terme d’exac-
titude. Les résultats relatifs à l’horloge à atomes de 87Sr (mesure absolue de fré-
quence et mesure de la longueur d’onde magique) sont récapitulés en figure 1.6.
La première mesure de fréquence absolue a été obtenue en 2003 au SYRTE pour
des atomes non piégés, avec une valeur de 429 228 004 235(20) kHz, correspon-
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(a) (b)

FIG. 1.6 – Récapitulatif des résultats obtenus par les différentes équipes sur l’horloge à
réseau optique au 87Sr. N : Université de Tokyo ; • : JILA ; ¥ : LNE-SYRTE. (a) Mesures
de la fréquence absolue de l’horloge. (b) Mesure de la longueur d’onde magique.

dant à une exactitude de 5×10−11 [91].
Après ce résultat, les recherches se sont portées sur le réseau optique, la lon-

gueur d’onde magique et l’estimation des effets d’ordre élevé. Les premières éva-
luations théoriques ont été publiées en 2003 par l’équipe de H. Katori [92]. En
raison des incertitudes sur les forces d’oscillateurs qui entrent en jeu dans les
calculs théoriques, la longueur d’onde magique a d’abord été estimée à environ
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800 nm, soit à 13 nm de la valeur expérimentale, mesurée avec une grande pré-
cision par la suite. Une évaluation de l’hyperpolarisabilité a été faite en même
temps, estimant sa contribution à moins de 10−17 en valeur relative. Étant donnée
l’erreur faite sur la longueur d’onde magique, ainsi que les incertitudes sur les
différents paramètres utilisés pour les calculs, cette évaluation n’est néanmoins
pas suffisante pour démontrer la faisabilité de l’horloge. La première mesure de
la longueur d’onde magique a été faite en 2003 à l’Université de Tokyo [93]. Une
seconde mesure en 2005 a permis d’actualiser sa valeur à 813.420(7) nm [94].
L’équipe du JILA a fait une mesure à 813.418(10) nm début 2006 [95] en accord
avec la précédente et avec la même précision, tandis que notre propre mesure date
de mars 2006 et possède une exactitude meilleure d’un ordre de grandeur, avec
une valeur de 813.428(1) nm [30]. Une étude approfondie des effets d’ordre élevé
a également été effectuée, et prévoit une contribution à l’incertitude de l’horloge
de l’ordre de 10−18 pour une profondeur de piège de 10 Er. Cette évaluation a levé
une fois pour toutes l’ambiguïté sur ces effets. Plus récemment, des études théo-
riques supplémentaires ont été menées sur l’effet du piège et la manière d’annuler
les termes d’ordre élevés [96, 97].

La première mesure de la fréquence d’horloge avec des atomes piégés a été
elle effectuée en 2005 à Tokyo [94], et une seconde par le JILA en 2006 [95]. Ces
deux mesures, comme on peut le voir sur la figure 1.6, sont en désaccord d’envi-
ron 2×10−13, beaucoup plus que l’exactitude visée pour ce type d’horloge ! Cette
incompatibilité a été levée après la publication en septembre 2006 de notre propre
mesure [31], puis par une nouvelle mesure de l’équipe de Tokyo [98], ces deux
mesures améliorant par la même occasion l’exactitude des mesure jusqu’au ni-
veau de 10−14. A ce niveau d’exactitude de la fréquence d’horloge, les deux effets
dominants sont l’influence du piège et les effets dus aux fluctuations du champ ma-
gnétique résiduel, les deux niveaux d’horloge présentant 10 sous-niveaux Zeeman
chacun. Ce sont eux qui limitent par exemple l’exactitude de la dernière mesure du
JILA à 9×10−16 [50]. Suite à ce constat, deux propositions ont été faites. La pre-
mière consiste à utiliser des atomes polarisés en présence d’un champ magnétique
permettant de lever la dégénérescence des sous-niveaux, et de ne sonder qu’une
transition Zeeman particulière. C’est notamment la technique qui a été utilisée
pour la mesure la plus récente de l’université de Tokyo [98]. Des études précises
du comportement des niveaux en présence d’un champ magnétique ont en outres
été réalisées au JILA [99, 100]. C’est suivant cette technique que nous avons ef-
fectué notre dernière mesure de la fréquence d’horloge [32], avec une exactitude
de 2.6×10−15, qui sera présentée en détail dans le chapitre 5. Le rythme de pro-
gression des résultats depuis le lancement des projets d’horloge à réseau optique
est remarquable : on a gagné a peu près un ordre de grandeur par an depuis 2003 !

La deuxième proposition a été faite en considérant les avantages des isotopes
bosoniques, pour lesquels la transition J = 0 → J = 0 est pure et le moment ma-
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gnétique nucléaire nul. Les effets correctifs sur le déplacement lumineux sont
donc annulés, et la sensibilité au champ magnétique également. Par contre, la
transition est totalement interdite pour un processus à un photon, il faut donc
ajouter un couplage supplémentaire pour la rendre possible. Des propositions ont
été faites pour utiliser soit un champ magnétique statique [101], soit un second
laser à la longueur d’onde magique [102]. La solution du champ magnétique a
été appliquée dans le cas de l’horloge à 174Yb du NIST, où des résonances de
20 Hz de large ont été observées [103], et également en utilisant notre horloge
après quelques modifications [33]. Une mesure de la fréquence absolue de la tran-
sition d’horloge avec des atomes de 88Sr a été obtenue avec une exactitude de
7×10−14. Les limites dans ce type d’horloge viennent essentiellement du dépla-
cement collisionnel, mais aussi du fort champ magnétique et de la forte puissance
laser nécessaires pour observer la transition. Un développement précis sur cette
configuration sera présenté dans le chapitre 6.

En ce qui concerne les autres horloges à réseau optiques, l’équipe du NIST a
publié des mesures absolues de la fréquence de transition pour deux isotopes fer-
mionique de l’ytterbium, 171Yb et 173Yb avec une exactitude de 2×10−12 [104].
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Chapitre 2

L’horloge à réseau optique au 87Sr :
approche théorique

Le choix du 87Sr pour réaliser une horloge à réseau optique repose sur les pro-
priétés des différentes transitions accessibles et des longueurs d’onde utilisables.
La structure des alcalino-terreux convient de manière générale pour un refroidis-
sement laser efficace de par la présence des transitions 1S0 → 1P1 et 1S0 → 3P1
utilisables pour réaliser respectivement un piège magnéto-optique et un refroidis-
sement sur raie étroite. D’autre part, l’existence d’une longueur d’onde magique
pour le piège est aussi une propriété des ces atomes, avec la caractéristique qu’elle
est suffisamment éloignée des transitions optiques utilisées pour ne pas gêner le
fonctionnement de l’horloge. Enfin, le couplage hyperfin dans le cas de l’isotope
fermionique donne accès à la transition 1S0 → 3P0 qui se trouve être à la fois très
fine et relativement insensible au déplacement lumineux tensoriel, ce qui promet a
priori d’accéder à une exactitude de 10−17 ou mieux. En terme de stabilité de fré-
quence, l’effet qui la limite actuellement est l’effet Dick, lié au bruit de fréquence
du laser d’horloge. Une bonne optimisation de ses performances et de la séquence
temporelle devrait néanmoins permettre d’atteindre la gamme des 10−16τ−1/2.

2.1 La transition d’horloge 1S0 → 3P0

L’état fondamental 1S0 du Sr correspond à une configuration électronique 5s2.
Les premiers états excités, correspondant à la configuration 5s5p, ont été lar-
gement étudiés dans les approches théoriques de Breit et Wills [105] et de Lu-
rio [106]. En combinant un couplage fin intermédiaire et la structure hyperfine,
on explique pourquoi la transition d’horloge 1S0 → 3P0, habituellement inter-
dite à tous les ordres du développement multipolaire du fait de son caractère
J = 0 → J = 0, est faiblement permise par couplage dipolaire électrique dans
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le cas de l’isotope fermionique 87Sr. C’est également cette structure hyperfine qui
est à l’origine d’une sensibilité différente au champ magnétique des deux niveaux
d’horloge.
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FIG. 2.1 – Premiers niveaux d’énergie du 87Sr. Les sous-niveaux hyperfins sont désignés
par leur moment cinétique total F . La flèche en pointillés verts représente le couplage fin
intermédiaire des niveaux de moment orbital J = 1. Les flèches en pointillés roses illus-
trent le couplage hyperfin entre le niveau 3P0 et les autres niveaux de moment cinétique
total F = 9/2.

2.1.1 Structure fine en couplage intermédiaire

Dans la configuration 5s5p, les deux électrons périphériques sont un électron s
(ayant un moment cinétique orbital l1 = 0) et un électron p (l2 = 1). En prenant en
compte la structure fine (représentée par les termes d’interaction spin-orbite) dans
l’hamiltonien de l’atome, on peut lever partiellement la dégénérescence et faire
apparaître les trois sous-niveaux de structure fine. L’interaction spin-orbite pro-
vient du fait que les électrons périphériques, possédant un moment magnétique de
spin, interagissent avec le champ électrostatique créé par le noyau (ou plus exac-
tement avec le champ magnétique apparaissant du fait de leur mouvement dans le
champ électrique [107]). Il existe deux cas extrêmes pour ce type de couplage.
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A une extrémité, on peut considérer que l’interaction entre les électrons est
prédominante par rapport à l’interaction entre les électrons et le noyau. On se re-
trouve dans un schéma figé où les deux électrons périphériques sont traités de
manière globale et caractérisés par leur moment cinétique orbital total L = l1 + l2
et leur moment de spin S = s1 + s2. Le terme correctif de l’hamiltonien étant pro-
portionnel à la quantité L.S (on parle de couplage L-S), il convient alors d’intro-
duire le moment cinétique électronique total J = L + S. En fonction de la valeur
du spin total S, on fait alors apparaître un sous-niveau singulet (S = 0) et trois
sous-niveaux triplets (S = 1) caractérisés par J tel que |L−S| ≤ J ≤ L+S. La no-
tation usuelle des sous-niveaux de structure fine dans le cas du couplage L-S est
|2S+1LJ〉. Dans notre cas, ces niveaux sont donc |1P1〉, |3P0〉, |3P1〉 et |3P2〉 (voir
figure 2.1).

A l’autre extrémité, si c’est l’interaction entre électron et noyau qui domine, on
peut imaginer le cas où chaque électron interagit individuellement avec le champ
magnétique issu du noyau. Les nombres quantiques adéquats à une telle descrip-
tion de l’interaction spin-orbite (qui fait apparaître dans ce cas des termes du
type li.si) sont alors les moments cinétiques totaux de chaque électron ji = li + si
(on parle alors de couplage j-j) et le moment cinétique total J = j1 + j2. Dans
ce cas, en appliquant les règles d’addition des moments cinétiques, les quatre
sous-niveaux correspondants, notés selon le formalisme | j1, j2;J〉, sont |12 , 1

2 ;0〉,
|12 , 1

2 ;1〉, |12 , 3
2 ;1〉 et |12 , 3

2 ;2〉. On peut noter que pour les deux types de couplage,
les états propres correspondant à un moment cinétique total J = 0 ou J = 2 sont
identiques. Par contre, les bases correspondant à la multiplicité J = 1 sont diffé-
rentes selon le modèle.

En pratique, la structure atomique est toujours une situation intermédiaire
entre ces deux couplages extrêmes. Dans le cas du 87Sr, le couplage est essentiel-
lement de type L-S, avec une petite contamination de type j-j. Pour cette raison,
nous garderons la notation des niveaux |2S+1LJ〉 pour les états propres effectifs et
noterons les niveaux issus d’un couplage L-S pur avec l’exposant 0. Ces niveaux
se notent alors :

|3P0〉 = |3P0
0 〉 = |1

2
,
1
2

;0〉 (2.1)

|3P1〉 = α|3P0
1 〉+β |1P0

1 〉 = c1|12 ,
3
2

;1〉+ c2|12 ,
1
2

;1〉 (2.2)

|3P2〉 = |3P0
2 〉 = |1

2
,
3
2

;2〉 (2.3)

|1P1〉 = −β |3P0
1 〉+α|1P0

1 〉 = c2|12 ,
3
2

;1〉− c1|12 ,
1
2

;1〉. (2.4)

Les coefficient (α , β ) d’une part et (c1, c2) d’autre part vérifient les relations
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d’orthogonalité et de normalisation des états propres |3P1〉 et |1P1〉. Il existe en
plus une relation entre les coefficients dans les deux bases de couplage [106] :

α =

√
1
3

c1 +

√
2
3

c2 (2.5)

β =

√
2
3

c1−
√

1
3

c2. (2.6)

Les coefficients α et β peuvent être déterminés de manière expérimentale selon
plusieurs méthodes (ils peuvent également être calculés en utilisant des méthodes
ab initio). On peut les relier par exemple à la séparation en énergie des différents
niveaux du triplet 3P ou bien encore aux modifications du facteur de Landé, mais
c’est en utilisant les durées de vies mesurées des deux niveaux |1P1〉 et |3P1〉 que la
détermination est la plus simple. En effet, on peut utiliser la relation [85] donnant
la durée de vie de l’état | jP1〉 :

1
τ( jP1)

=
8π2e2

3ε h̄λ 3
j
|〈1S0|r| jP1〉|2, (2.7)

où r désigne l’opérateur position et λ j est la longueur d’onde de la transition
1S0 → jP1. Cette formule montre que c’est le couplage dipolaire électrique (repré-
senté par l’opérateur r) entre le niveau fondamental et le niveau excité considéré
qui est responsable de l’instabilité. En utilisant la décomposition des niveaux de
structure fine selon les niveaux purement L-S, et en appliquant la règle de sélec-
tion ∆S = 0 dans le cas d’un tel couplage, on peut écrire

1
τ(3P1)

=
8π2e2

3ε h̄λ 3
3

β 2|〈1S0|r|1P0
1 〉|2, (2.8)

1
τ(1P1)

=
8π2e2

3ε h̄λ 3
1

α2|〈1S0|r|1P0
1 〉|2. (2.9)

La relation qui s’ensuit est alors

τ(1P1)
τ(3P1)

=
(

λ1

λ3

)3 β 2

α2 , α2 +β 2 = 1. (2.10)

Les durées de vies ont été mesurées expérimentalement : τ(1P1)= 5.263(4) ns [108]
et τ(3P1) = 21.5(2) µs [109]. Les longueurs d’onde des transitions utilisées pour
le calcul sont λ1 = 460.73 nm et λ2 = 689.25 nm. On en déduit la valeur des coef-
ficients de mélange α = 0.9996 et β = −0.0286, ce qui dans la base des états j-j
donne c1 = 0.5538 et c2 = 0.8326. On remarque que c’est grâce à ce couplage fin
intermédiaire que la transition 1S0 → 3P1, normalement interdite par la règle de
sélection ∆S = 0 pour un couplage dipolaire électrique, est finalement faiblement
autorisée.
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2.1.2 Structure hyperfine et transition d’horloge
A l’issue du couplage spin-orbite, qui conserve le moment cinétique total J,

on voit que la transition d’horloge 1S0 → 3P0 est encore strictement interdite par
les règles de sélection car elle reste une transition J = 0 → J = 0. C’est notam-
ment pour cette raison que la transition d’horloge pour les isotopes bosoniques
du Sr ne peut être réalisée qu’en ajoutant un couplage artificiel avec un autre ni-
veau "autorisé". Dans le cas de l’isotope 87Sr cependant, qui est un fermion, ce
couplage supplémentaire intervient de manière naturelle en raison de la présence
d’un spin nucléaire I = 9/2 qui lui confère une structure hyperfine, caractérisée
par le moment cinétique total de l’atome F = I + J et dont les valeurs sont telles
que |I−J| ≤ F ≤ I +J. L’hamiltonien de structure hyperfine qui intervient dans ce
cas est composé d’un terme dipolaire magnétique ĤA et d’un terme quadrupolaire
électrique ĤQ [100] caractérisés par les constantes hyperfines A et Q :

Ĥh f = ĤA + ĤQ (2.11)

= AI.J+Q
3
4

I.J(2I.J+1)− IJ(I +1)(J +1)
IJ(2I−1)(2J−1)

. (2.12)

Cet hamiltonien est diagonal en F et ne couple donc que les niveaux ayant le même
moment cinétique total. Le niveau |3P0〉 ayant une seule composante hyperfine
F = 9/2, il se retrouve ainsi couplé aux autres niveaux par leurs composantes
hyperfines F = 9/2 (voir figure 2.1). Ceci se traduit par un mélange de la forme

|3P0〉= |3P0
0 〉+α0|3P1〉+β0|1P1〉+ γ0|3P0

2 〉, (2.13)

où les coefficients de mélange s’expriment à l’aide des éléments de matrice :

α0 = h
〈3P1,F = 9/2|ĤA|3P0

0 〉
E(3P0)−E(3P1)

, (2.14)

β0 = h
〈1P1,F = 9/2|ĤA|3P0

0 〉
E(3P0)−E(1P1)

, (2.15)

γ0 = h
〈3P2,F = 9/2|ĤQ|3P0

0 〉
E(3P0)−E(3P2)

. (2.16)

On a introduit les écarts d’énergie entre les différents niveaux 3P. Les éléments de
matrices peuvent être calculés en utilisant les valeurs des mesures des coefficients
A et Q, les valeurs de α , β , ainsi que celles de la structure hyperfine des différents
niveaux qui interviennent [105, 106]. Cependant, différentes théories donnent des
valeurs d’éléments de matrices différents. On peut donc donner leur valeur appro-
chée [100] : α0 ' 2× 10−4, β0 ' −4× 10−6 et γ0 ' 4× 10−6. En présence de
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couplage hyperfin, le niveau excité peut donc être exprimé en fonction des états
purs :

|3P0〉= |3P0
0 〉+(α0α−β0β )|3P0

1 〉+(α0β +β0α)|1P0
1 〉+ γ0|3P0

2 〉. (2.17)

On voit donc que la transition 1S0 → 3P0 va être faiblement autorisée par cou-
plage dipolaire électrique grâce à la présence du terme en |1P0

1 〉, le seul à être
couplé au niveau fondamental par les règles de sélection. Ce couplage est cepen-
dant suffisamment faible pour garder le caractère essentiellement J = 0 du niveau
|3P0〉. Cette caractéristique est fondamentale pour l’étude du déplacement lumi-
neux du niveau en présence du laser de piégeage : on peut espérer avoir toujours
des polarisabilités vectorielle et tensorielle très faibles. L’évaluation de l’effet du
mélange des niveaux sur le déplacement lumineux sera présentée en détail dans
l’avant-dernière section de ce chapitre.

Le calcul de la durée de vie de l’état excité peut se faire en utilisant l’équivalent
de la formule 2.7 pour le niveau |3P0〉 :

1
τ(3P0)

=
8π2e2

3ε h̄λ 3
0
|〈1S0|r|3P0〉|2 (2.18)

=
8π2e2

3ε h̄λ 3
0
(α0β +β0α)|〈1S0|r|1P1〉|2. (2.19)

On a introduit λ0 = 698.44 nm, la longueur d’onde de la transition d’horloge
1S0 → 3P0. Afin d’éliminer l’élément de matrice dans la formule, on peut utili-
ser l’expression donnant la durée de vie de l’état |1P1〉 ou |3P1〉 indifféremment.
On obtient alors l’une des deux formules suivantes :

τ(3P0) =
(

λ0

λ1

)3 α2

(α0β +β0α)2 τ(1P1) (2.20)

=
(

λ0

λ3

)3 β 2

(α0β +β0α)2 τ(3P1). (2.21)

La valeur théorique de la durée de vie issue des différentes mesures précédentes
est alors τ(3P0) ' 160 s. Cette valeur est plus grande que celle de la plupart des
horloges optiques présentées dans le chapitre 1, ce qui constitue une limite ultime
au facteur de qualité atomique ultime à environ 5×1017. En pratique cependant,
le facteur de qualité est déterminé par la largeur expérimentale de la transition qui
est limitée par d’autres facteurs, comme la durée de vie des atomes dans le piège
dipolaire, ou encore la largeur de raie du laser d’horloge (voir chapitre 3). Dans
notre configuration actuelle, le temps de cohérence du laser d’horloge est inférieur
à la seconde, ce qui représente une perte de plus de deux ordres de grandeur par
rapport au facteur de qualité ultime.
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Il est important de noter également qu’en l’absence d’interaction hyperfine
(comme c’est le cas pour l’isotope 88Sr), la durée de vie du niveau 3P0 est de
l’ordre de 1000 ans, et la transition est interdite pour les processus à un seul pho-
ton. La seule manière de procéder dans ce cas pour sonder cette transition est de
l’autoriser par le biais d’un couplage supplémentaire (voir chapitre 6). Cela re-
vient à reproduire artificiellement pour le boson le rôle joué par le spin nucléaire
dans le cas du fermion. On se rend bien compte que cette technique apporte un
inconvénient de poids : le champ supplémentaire introduit pour ce couplage est
source d’incertitude là où le couplage hyperfin assure une stabilité naturelle.

2.1.3 Facteur de Landé différentiel
Une autre conséquence du couplage hyperfin et du mélange d’états purs dans

l’état |3P0〉 du 87Sr est la modification du facteur de Landé de l’état excité et
l’apparition d’une sensibilité au champ magnétique pour la transition d’horloge.
En présence d’un champ magnétique B, on introduit l’hamiltonien Zeeman

ĤZ =−M.B, (2.22)

où M est le moment magnétique total de l’atome. Ce moment magnétique est
la somme des moments magnétiques orbital ML, de spin MS et nucléaire MI ,
eux-mêmes proportionnels aux moments cinétiques correspondants. Ainsi on peut
écrire [107] ML = −(µB/h̄)L, MS = −(2µB/h̄)S et MI = (gIµB/h̄)I, où µB =
eh̄/2me est le magnéton de Bohr et gI est le facteur de Landé nucléaire. Ce facteur
peut être calculé à partir du rapport gyromagnétique du 87Sr (γ = gIµB/h̄) ou bien
en utilisant la formule [100]

gI =
µI(1−σd)

µBI
, (2.23)

où µI = −1.0924(7)µN [110], σd = 0.00345 [100] est la correction diamagné-
tique, I = 9/2 est le spin nucléaire et µN = eh̄/2Mp est le magnéton nucléaire. En
considérant que Oz est l’axe de quantification, l’hamiltonien Zeeman peut alors
s’écrire plus simplement

ĤZ = (Lz +2Sz−gIIz)
µBB

h̄
. (2.24)

En toute généralité, le déplacement d’énergie ∆E d’un niveau |I,J,F,mF〉 par
effet Zeeman peut être caractérisé par le facteur de Landé g du niveau considéré.
Il s’écrit ∆E = 〈I,J,F,mF |ĤZ|I,J,F,mF〉 = gmF µBB où mF représente le sous-
niveau Zeeman du niveau hyperfin F . Dans le cas du niveau fondamental, pour
lequel J = 0 et F = I, le facteur de Landé est g(1S0) = −gI = 1.318× 10−4 et
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FIG. 2.2 – Différentes transitions possibles en présence d’un champ magnétique. (a)
Schéma des sous-niveaux magnétiques des deux niveaux d’horloge. Les facteurs de Landé
sont tels que g(3P0) > g(1S0). (b) Spectre des 18 transitions observable en présence d’un
champ magnétique B = 1 G. Les couleurs correspondent aux trois types de transition : π
(en rouge), σ+ (en bleu) et σ− (en vert).

〈1S0,F = I|ĤZ|1S0,F = I〉 = −gImF µBB. Dans le cas d’un couplage L-S pur, le
niveau excité |3P0

0 〉 a les mêmes caractéristiques, et donc le même facteur de Landé
que le niveau fondamental. Cependant, à cause du couplage hyperfin, le calcul du
déplacement en énergie du niveau |3P0〉 fait intervenir des éléments de matrice
non diagonaux qui font apparaître un petit facteur de Landé différentiel δg :

δg = g(3P0)−g(1S0) (2.25)
= g(3P0)−g(3P0

0 ) (2.26)

=
〈3P0|ĤZ|3P0〉−〈3P0

0 |ĤZ|3P0
0 〉

mF µBB
(2.27)

Compte tenu de l’expression du niveau |3P0〉 en fonction des états purs donnée
par l’équation 2.17 et de la valeur des différents coefficients de mélange, le poids
des différents termes est α0α −β0β ' 2× 10−4, α0β + β0α ' 2× 10−6 et γ0 '
4× 10−6. On peut donc ne retenir que le terme ayant le poids le plus important,
ce qui donne finalement

δg =
2(α0α−β0β )

mF µBB
〈3P0

0 |ĤZ|3P0
1 〉. (2.28)

Les éléments de matrice concernant l’hamiltonien Zeeman ont été calculés de
manière analytique dans les références [106, 100]. L’élément nous concernant vaut

〈3P0
0 ,mF |ĤZ|3P0

1 ,F = 9/2,mF〉=
2
3

√
2

33
mF µBB, (2.29)
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soit une valeur du facteur de Landé différentiel

δg =
4
3

√
2
33

(α0α−β0β ). (2.30)

La valeur calculée à partir des différentes données du couplage fin et hyperfin
dépend de la méthode de calcul des coefficients de couplage hyperfin, mais son
ordre de grandeur est δg ' 7.9× 10−5, ce qui implique que la sensibilité ma-
gnétique du niveau excité |3P0〉 est plus importante que celle du niveau fonda-
mental (g(3P0)' 2.1×10−4). Ces calculs permettent de tracer un diagramme des
différentes transitions possibles en présence d’un champ magnétique. Pour une
transition π (∆mF = 0), l’écart de fréquence par rapport à la transition d’horloge
est h∆νZ(π) = δgmF µBB soit ∆νZ(π) ' 110mF Hz/G (1 G= 10−4 T). Pour une
transition σ± (∆mF = ±1), cet écart s’écrit h∆νZ(σ±) = (δgmF ± g(3P0))µBB
soit ∆νZ(σ±) = (110mF ± 294) Hz/G. Le diagramme a été tracé pour un champ
magnétique B = 1 G en figure 2.2.

2.2 Principe de piégeage
Toute l’originalité des horloges à réseau optique repose dans le piégeage des

atomes. La méthode utilisée est nouvelle dans le domaine de la métrologie temps/
fréquence et nécessite une caractérisation précise. En particulier il est important
de déterminer sous quelles conditions on est capable d’atteindre un régime de
Lamb-Dicke pour lequel les effets systématiques dus au mouvement des atomes
sont ramenés en-dessous de la limite d’exactitude fixée pour les horloges optiques,
à savoir 10−17 voire 10−18. Pour un réseau optique où tous les niveaux d’éner-
gie sont dégénérés, il a été démontré [88] qu’une profondeur de piège entre 50
et 100 Er était nécessaire, mais une telle configuration risque de présenter des
problèmes liés aux effets systématiques induits par le piège (le déplacement lumi-
neux essentiellement, dont les effets seront évalués dans la partie suivante). Pour
s’affranchir largement de ces effets, l’idée d’un réseau optique "accéléré", simple-
ment réalisable en tirant profit de la gravité, permet de réduire les contraintes sur
la profondeur des puits du réseau jusqu’au niveau de 5 Er, diminuant d’office d’un
facteur 10 les effets du premier ordre liés à la puissance du laser de piégeage, et
d’un facteur au moins 100 les effets d’ordre élevé.

2.2.1 Le piège dipolaire
Comme il a été montré dans le chapitre précédent de manière simplifiée, un

laser désaccordé par rapport à une transition atomique dans un système à deux
niveaux a pour effet de créer une force de rappel sur les atomes qui dérive d’un
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potentiel U(r). En reprenant les notations du chapitre 1 et en ne conservant comme
approximation que le fait que la largeur naturelle Γ de la transition est négligeable
devant le désaccord δ = ωl −ω0, l’expression de ce potentiel, en négligeant les
termes en E 4

l , prend la forme

U(r) = − h̄Ω2
R(r)
4

(
1

ω0−ωl
+

1
ω0 +ωl

)
(2.31)

= −d2E 2
l (r)

4h̄

(
1

ω0−ωl
+

1
ω0 +ωl

)
, (2.32)

où on a noté simplement d = d.el la projection du moment dipolaire atomique sur
l’axe du champ électrique. On retrouve bien que ce potentiel est proportionnel à
l’intensité lumineuse I(r) = 1

2ε0c2E 2
l (r). Cette notation permet de plus de faire

ressortir l’origine physique de ce potentiel. Dans le cas où le piège est dissipatif
et non chauffant, on peut considérer que tous les atomes restent dans le niveau
fondamental | f 〉 lorsqu’ils sont piégés. Le potentiel piégeant correspond alors au
déplacement lumineux du niveau fondamental. Ce déplacement lumineux est dé-
fini à partir de la polarisabilité dynamique du niveau fondamental α| f 〉 :

α| f 〉 =
d2

h̄

(
1

ω0−ωl
+

1
ω0 +ωl

)
, (2.33)

U(r) = ∆E| f 〉(r) =−1
4

α| f 〉E 2
l (r). (2.34)

Dans le cas d’un atome à plusieurs niveaux, il faut en fait considérer tous les
couplages possibles entre niveau fondamental et niveaux excités. Le calcul peut
alors être mené de manière identique pour chacun des deux niveaux d’horloge.
En effet, le niveau excité est métastable et sa polarisabilité dynamique prend en
compte toutes les transitions possibles vers des niveaux plus excités. On obtient
alors deux polarisabilités α| f 〉 et α|e〉 a priori différentes, et donc un potentiel de
piégeage différent selon le niveau dans lequel l’atome se trouve. Dans le cas du
87Sr, on utilise un piège à une longueur d’onde très éloignée de toutes les tran-
sitions atomiques possibles prenant en compte les niveaux d’horloge. Il n’existe
donc pas une transition prépondérante responsable de cet effet, et le calcul de
polarisabilité nécessite la connaissance de plusieurs éléments de couplage. Les
calculs permettant l’évaluation de la longueur d’onde magique et du déplacement
lumineux seront traités dans la section suivante.

Reste à expliciter la dépendance spatiale du potentiel U(r) qui provient de la
dépendance spatiale du champ électrique El(r). Si on veut piéger les atomes au
maximum d’intensité du faisceau laser, alors il faut utiliser un laser focalisé en
un point de l’espace z = 0, Oz étant l’axe de propagation du faisceau. Pour un
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faisceau ayant un mode spatial TEM0,0, on trouve un profil transverse gaussien
du type El(r,z) = E0e−r2/w(z)2

, où r =
√

x2 + y2 est la coordonnée radiale dans
un plan transverse et w(z) représente le rayon à 1/e2 du faisceau en z. La zone
de piégeage étant concentrée au col du faisceau, de rayon w0, on peut en bonne
approximation écrire El(r,z) = E0e−r2/w2

0 . Avec un tel profil spatial, les atomes
seraient tous confinés au voisinage de z = 0, mais le confinement le long de l’axe
Oz n’est pas assez bon pour atteindre le régime de Lamb-Dicke puisque la largeur
du faisceau varie peu au niveau du col, et donc l’intensité en r = 0 varie peu en
fonction de z. Même dans la direction transverse, où le gradient d’intensité est
plus fort, on ne peut pas non plus atteindre le régime de Lamb-Dicke en utilisant
une intensité raisonnable.

L’idée pour imposer un confinement fort dans la direction longitudinale (qui
est d’autant plus important que ce sera également la direction du laser d’inter-
rogation, et que par conséquent le régime de Lamb-Dicke doit absolument être
atteint dans cette direction) est de rétro-réfléchir le laser de manière à créer une
onde stationnaire. Dans ce cas, on peut créer un champ électrique de la forme
El(r,z) = E0e−r2/w2

0 sin(klz) où kl = 2π/λl est le vecteur d’onde associé au laser
piège. On peut alors écrire le potentiel vu par les atomes sous la forme :

U(r) = −1
4

α| f 〉E 2
0 e−2r2/w2

0 sin2(klz)) (2.35)

=
U0

2
e−2r2/w2

0(1− cos(2klz)), (2.36)

avec U0 = −1
4α| f 〉E 2

0 . Le potentiel fait alors apparaître un confinement dans la
direction Oz qui est dû à la présence de puits de potentiels formés par les ventres
de l’onde stationnaire. On verra par la suite que dans ces conditions, il est pos-
sible d’atteindre le régime de Lamb-Dicke pour certaines valeurs de U0. On verra
également que l’efficacité du piégeage est améliorée par l’utilisation d’un réseau
optique accéléré qui réduit l’effet tunnel entre les puits et améliore de ce fait la
localisation des atomes. Cette situation peut être atteinte très facilement en utili-
sant un laser de piégeage dans la direction verticale puisque les atomes sont dans
ce cas soumis à l’accélération de la gravité différemment selon leur coordonnée
z. Au final, le potentiel de piégeage des atomes utilisé (tracé en figure 2.3) s’écrit
alors :

U(r) =
U0

2
e−2r2/w2

0(1− cos(2klz))+mgz. (2.37)

On peut également voir qu’un avantage annexe de ce type de piégeage est qu’on
peut piéger séparément les atomes dans les ventres du réseau optique, réduisant
ainsi le déplacement induit par les collisions entre atomes. Le passage à un réseau
optique à trois dimensions permettrait quant à lui de piéger les atomes individuel-
lement et d’annuler ce déplacement.



60 CHAPITRE 2

w / 2

w
0

P o t e n t i e l
U ( r , z )  -  U 0

P l a n  t r a n s v e r s e  ( r )

D i r e c t i o n  l o n g i t u d i n a l e  ( z )

w / 2
w

0

- U 0 / 2

- U 0

0
l / 2

- l / 2

FIG. 2.3 – Potentiel de piégeage tracé dans un plan (r,z). Le décalage entre les puits
adjacents provient du terme linéaire en mgz et a été exagéré sur la figure.

2.2.2 Confinement dans un potentiel périodique
Équations du mouvement

Afin d’expliciter le comportement des atomes dans un réseau optique, on re-
prend l’approche qui a été développée dans la section 1.3.1 dans le cas très général
d’un système atomique à deux niveaux (décrit par l’hamiltonien de l’état interne
Ĥint) soumis à un potentiel de piégeage externe (décrit par Ĥext) et en présence
d’un laser de couplage proche de résonance (Ĥs). Comme expliqué précédem-
ment, c’est dans la direction du laser d’interrogation que la question du mouve-
ment des atomes se pose. On peut donc très largement se ramener à un problème
unidimensionnel selon la direction Oz, ce qui revient à ne considérer que le réseau
optique et non le profil gaussien qui est piégeant dans le plan transverse. Avec
cette approximation, et en supposant que le laser est à la longueur d’onde ma-
gique (ce qui se traduit par un potentiel piégeant identique pour les deux niveaux
atomiques), on peut définir l’hamiltonien externe de l’atome [88] :

ĤI
ext =

h̄2κ̂2

2m
+

U0

2
(1− cos(2kl ẑ)), (2.38)

où κ̂ représente l’impulsion de l’atome. Cette situation est très analogue à celle
d’électrons dans un cristal en physique du solide, où l’hamiltonien externe corres-
pond au potentiel cristallin. On peut donc de la même manière utiliser le théorème
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de Bloch pour déterminer la forme générale des états propres de l’hamiltonien
ĤI

ext . Ils sont représentés par des vecteurs propres de la forme |n,q〉 et des énergies
propres h̄ω I

n,q [111], où les nombres n et q représentent respectivement l’indice de
bande et la quasi-impulsion. De plus, en raison de la périodicité du réseau, la
quasi-impulsion est définie à 2kl près, donc il convient de restreindre le problème
à la première zone de Brillouin, définie par −kl < q≤ kl .

On peut facilement calculer l’effet de ĤI
ext dans le cas d’une onde plane définie

par le vecteur |κ〉 [112] :

ĤI
ext |κ〉=

(
h̄2κ2

2m
+

U0

2

)
|κ〉−U0

4
(|κ +2kl〉+ |κ−2kl〉). (2.39)

En développant les états propres de ĤI
ext sur les ondes planes

ĤI
ext |n,q〉 = h̄ω I

n,q|n,q〉 (2.40)

|n,q〉 =
∞

∑
i=−∞

Cn,κi,q |κi,q〉, (2.41)

où κi,q = q + 2ikl et la normalisation de |n,q〉 impose ∑iC2
n,κi,q

= 1, le problème
se ramène à la diagonalisation d’une matrice réelle tri-diagonale. Une résolution
numérique [112] permet alors d’obtenir la figure 2.4 qui montre la structure de
bande des énergies propres pour différentes profondeurs du potentiel U0. Dans

cette figure, le profondeur est exprimée en énergies de recul Er = h̄2k2
l

2m . Pour une
valeur de la longueur d’onde de 813 nm, la fréquence de recul correspondante est
Er/h̄ = 3.58 kHz. De ces observations, on peut également tirer la largeur de la
bande qui s’écrit ∆ω I

n = |ω I
n,q=kl

−ω I
n,q=0|. Les largeurs des premières bandes en

fonction de la profondeur du piège ont été tracées en figure 2.5. On peut remarquer
que les bandes sont de plus en plus étroites lorsque le piège est plus profond, ce
qui revient à dire que les énergies propres deviennent largement indépendantes
de la quasi-impulsion q pour un piège profond. On retrouve dans ce cas limite
un piège de type harmonique, où les niveaux d’énergie du piège sont discrets.
C’est un point important, sachant qu’on peut expérimentalement contrôler assez
bien la bande d’énergie mais qu’il est difficile d’avoir un renseignement sur la
quasi-impulsion des atomes.

On peut reprendre les équations 1.11 et 1.12 du chapitre précédent en rempla-
çant simplement le bra 〈n| par 〈n,q| et le ket |n′〉 par |n′,q′〉 pour obtenir l’évolu-
tion de l’état atomique en présence du laser d’horloge :

iα̇n,q = ∑
n′

Ωq(n′,n)∗

2
ei∆q(n′,n)tβn′,q+ks (2.42)

iβ̇n,q+ks = ∑
n′

Ωq(n,n′)
2

e−i∆q(n,n′)tαn′,q. (2.43)
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FIG. 2.5 – Largeur des quatre premières bandes en fonction de la profondeur du piège
U0. La largeur est à la fois donnée en énergie (en unités de Er) et en fréquence.

On a défini ici Ωq(n,n′) = ΩR ∑iCn′,κi,qCn,κi,q+ks
et ∆q(n,n′) = δ +ω I

n′,q−ω I
n,q+ks

.
On voit directement sur cette formule l’effet du laser sonde : il couple un état ini-
tial |n,q〉 à une multitude d’états excités |n′,q+ks〉 définis par leur indice de bande
n′. Chaque état ainsi accessible est caractérisé par une force de couplage Ωq(n′,n)
et un désaccord par rapport à la résonance atomique ω I

n′,q+ks
−ω I

n,q. Suivant les
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différentes valeurs possibles de ces paramètres, l’effet de la structure de bande du
réseau optique peut aller de l’élargissement de la résonance au déplacement de
la fréquence de transition. Il convient donc de caractériser précisément les condi-
tions nécessaires pour rendre cet effet négligeable devant l’exactitude que l’on se
fixe, à savoir dans la gamme des 10−17-10−18.

Élimination de l’effet du piège

Dans cette configuration de réseau, il reste toujours un effet résiduel de type
Doppler/recul responsable d’une dégradation de l’exactitude de l’horloge. Cet ef-
fet tire son origine du fait qu’il existe un fort effet tunnel résonant entre les puits
du réseau, tous dégénérés en énergie. Cet effet est toujours présent, mais peut être
fortement atténué en utilisant des puits de potentiel profonds. Pour évaluer cet
effet motionnel, il faut faire une supposition sur l’état du système avant la phase
d’interrogation par le laser d’horloge. Il a été démontré expérimentalement qu’on
était capable de piéger une grosse majorité des atomes dans le niveau n = 0 du
piège. Les résultats du chapitre 5 montrent une population du niveau fondamental
de l’ordre de 95%. On peut donc considérer pour l’état initial une situation où
seule une bande est peuplée (en pratique ce sera toujours la bande n = 0). On peut
alors imaginer deux cas limites : celui où l’atome est initialement dans un état pur
|n,q〉 et celui où la bande n est uniformément peuplée en q.

Dans le premier cas, les forces de couplage normalisées Ωq(n,n′)/ΩR et les
désaccords par rapport à la porteuse ont été tracés sur la figure 2.6, pour n = 0 et n′
prenant différentes valeurs, en fonction de la profondeur du piège. Quelle que soit
la quasi-impulsion q de départ, on voit que pour des profondeurs croissantes la
force de couplage devient indépendante de q. En parallèle, la valeur asymptotique
vers laquelle tend la force de couplage est U−|n′−n|/4

0 . On peut donc distinguer la
porteuse, pour laquelle n = n′ des bandes latérales (n−n′ 6= 0) : pour des profon-
deurs croissantes, la porteuse devient plus "probable" en comparaison des bandes
latérales, ce qui veut dire que le déplacement de fréquence dû à la présence des
autres résonances est diminué. De plus, la séparation entre les différentes réso-
nances augmente avec la profondeur du piège, et elle vaut déjà 10 kHz pour une
profondeur de 5 Er, donc on peut largement s’affranchir de l’effet des bandes laté-
rales sur la porteuse. Par exemple en supposant que la largeur des résonances est
de l’ordre de 10 Hz, l’effet de la première bande latérale revient à un déplacement
de fréquence de 10−5 Hz [88], une valeur tout à fait négligeable. En contrepartie,
il existe un décalage entre la fréquence de la porteuse et la résonance atomique
qui dépend de la quasi-impulsion initiale. L’état initial étant difficilement contrô-
lable, ce déplacement est de l’ordre de la largeur de la bande considérée. Pour des
atomes préparés dans la bande n = 0, un déplacement de l’ordre de 5 mHz (10−17

en valeur relative) nécessiterait une profondeur de piège d’au moins 90 Er.
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FIG. 2.6 – (a) Forces de couplage relatives pour différentes transitions n = 0 → n′. Les
atomes sont préparés dans différents états : |n = 0,q = −kl〉 (traits épais), |n = 0,q =
−kl/2〉 et |n = 0,q = kl/2〉 (traits fins). (b) Désaccord des deux premières bandes latérales
par rapport à la porteuse pour des atomes préparés dans l’état |n = 0,q =−kl〉 (traits épais)
et dans l’état |n = 0,q = 0〉 (traits fins). Les valeurs sont données à la fois en termes de Er

et en kHz.

Dans le deuxième cas le problème du déplacement de fréquence est natu-
rellement éliminé : une population uniforme en q implique nécessairement que
ce déplacement s’annule en moyenne. La source d’incertitude dans ce cas vient
d’un élargissement de la résonance dépendant de la profondeur du piège, et qui
peut s’apparenter à un élargissement Doppler dans le cas où le piège est trop peu
confinant. Cet élargissement est typiquement de l’ordre de la largeur de la bande
concernée. La figure 2.7 présente une résolution numérique de cet effet dans le cas
où la bande n = 0 est uniformément peuplée. On a utilisé une fréquence de Rabi
de 10 Hz et optimisé la durée de l’interaction pour chaque profondeur afin d’obte-
nir le meilleur contraste à désaccord nul. On remarque que pour un piège profond,
la résonance fait 10 Hz de large avec un contraste de 100%, alors que le contraste
commence à diminuer et la résonance à s’élargir pour des profondeurs inférieures
à 40 Er. Cet élargissement "Doppler" s’explique physiquement par le mouvement
résiduel de l’atome à cause de l’effet tunnel, puisque les niveaux d’énergie sont
dégénérés d’un puits à l’autre. Dans ce cas il est donc toujours nécessaire d’uti-
liser une profondeur de piège relativement importante pour s’affranchir de ces
perturbations.

En pratique on se trouve toujours dans un cas intermédiaire, confronté à la
fois à un déplacement de fréquence et à un élargissement de la résonance. La
seule solution pour réduire ces effets est donc de travailler avec une profondeur
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FIG. 2.7 – Résonances attendues si la bande n = 0 est uniformément peuplée pour diffé-
rentes profondeur de piège (U0 = 20 Er, 30 Er, 40 Er et 100 Er). Les courbes on été tracées
pour ΩR = 10 Hz et pour une durée d’interaction qui maximise la probabilité de transition.

relativement importante. Cependant, même si cette solution est bonne pour at-
teindre le régime de Lamb-Dicke, elle entre en compétition avec d’autres effets
systématiques qui eux sont amplifiés par une profondeur trop importante. Ces ef-
fets sont d’une part le déplacement lumineux des niveaux d’horloge, qui, même
s’il est possible de l’annuler à la longueur d’onde magique, nécessite un contrôle
de la longueur d’onde plus contraignant à des grandes profondeurs ; et d’autre part
les effets d’ordre élevés qui dépendent de l’intensité du laser piège au carré. Ces
effets seront présentés dans la section suivante et une évaluation expérimentale est
donnée dans le chapitre 5. Quoi qu’il en soit, on peut supposer avoir un excellent
contrôle de la bande d’énergie (tous les atomes en n = 0) et un contrôle partiel de
la population en q tel que le déplacement de la fréquence ne soit qu’un dixième
de la bande. Dans ce cas là il faut toujours une profondeur de piège de l’ordre de
70 Er pour atteindre une exactitude de l’ordre de 10−17. Comme on le verra par la
suite, cette profondeur est par contre trop importante pour s’affranchir des effets
de déplacement lumineux dû au piège à un niveau équivalent. Une solution alter-
native, toujours issue de la physique du solide, permet de réduire les contraintes
sur la profondeur de piégeage sans inconvénient véritable.
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2.2.3 Confinement dans un potentiel périodique uniformément
accéléré

États de Wannier-Stark

Physiquement, le déplacement de fréquence ou l’élargissement de la réso-
nance sont provoqués par le même phénomène. A la différence d’un piège de type
harmonique, où le régime de Lamb-Dicke peut être atteint facilement, la structure
même du réseau optique est à l’origine d’un effet tunnel résonant qui est respon-
sable d’un déplacement Doppler résiduel. On pourrait donc fortement améliorer
les performances du piégeage en faisant en sorte que des puits adjacents soient
décalés en énergie, même très faiblement. C’est en pratique réalisable en utilisant
un potentiel périodique "accéléré", ce qui revient à ajouter, en plus de la compo-
sante sinusoïdale, une composante linéaire dans l’hamiltonien [113]. On peut par
exemple obtenir cet effet en modulant la fréquence du laser qui réalise le piège,
mais il existe naturellement un moyen beaucoup plus simple qui est de tirer parti
de la gravité en utilisant un piège dipolaire vertical. On peut dans ce cas écrire le
nouvel hamiltonien externe :

ĤII
ext =

h̄2κ̂2

2m
+

U0

2
(1− cos(2kl ẑ))+mgẑ, (2.44)

où g est l’accélération de la gravité. Même si dans ce cas il n’existe pas d’états
liés qui soient états propres de ĤII

ext puisque un atome piégé dans un puits est
couplé au continuum par effet tunnel, on peut garder cette approximation au vu
de la durée nécessaire pour perdre un atome de cette manière. Dans le cas du Sr,
pour une profondeur de piège de 5 Er, la durée de vie du niveau fondamental d’un
puits est de l’ordre de 1010 s. On peut donc négliger le couplage dû à la gravité
entre la bande fondamentale et les bandes excitées. Dans cette approximation,
la recherche des états propres peut alors se restreindre à la bande fondamentale
n = 0 [114, 115]. Les états propres de ĤI

ext seront donc désormais notés |q〉 et
ceux de ĤII

ext notés |Wp〉, où p est un nouveau nombre quantique. On cherche alors
des solutions de la forme :

ĤII
ext |Wp〉 = h̄ω II

p |Wp〉 (2.45)

|Wp〉 =
∫ kl

−kl

dqbp(q)|q〉, (2.46)

où ω II
p représente la pulsation propre du niveau |Wp〉 et bp(q) est un coefficient

vérifiant bp(q+2ikl) = bp(q). On peut tirer de cette équation une équation diffé-
rentielle sur les coefficients bp(q) :

h̄(ω I
q−ω II

p )bp(q)+ img
∂bp(q)

∂q
= 0, (2.47)
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où on a utilisé la notation simplifiée ω I
q = ω I

n=0,q. En tenant compte des conditions
de normalisation et de la périodicité des coefficients, on arrive à une solution de
la forme

ω II
p = ω II

0 + p∆g (2.48)

bp(q) =
1√
2kl

e−
ih̄
mg (qω II

p −γq). (2.49)

On a défini les constantes ω II
0 = 1

2kl

∫ kl
−kl

dqω I
q, h̄∆g = mgλl/2 et les fonctions γq

telles que ∂γq
∂q = ω I

q et γ0 = 0. Les vecteurs propres |Wp〉 ainsi définis sont appelés
états de Wannier-Stark [114]. Les fonctions d’onde associées dans l’espace des
positions et des impulsions sont tracées en figure 2.8. On peut voir que dans la
représentation z, la fonction d’onde de |Wp〉 est caractérisée par un pic principal
localisé dans le pième puits ainsi que des résurgences dans les puits adjacents, qui
décroissent de manière exponentielle avec la profondeur du piège. Ainsi, le pic se-
condaire le plus important représente un dixième du pic principal pour une profon-
deur de 5 Er, et seulement un centième à une profondeur de 10Er. Il existe de plus
une relation simple reliant les fonctions adjacentes : 〈z+λl/2|Wp〉= 〈z|Wp−1〉 qui
correspond à une translation dans l’espace des positions. Ainsi la fonction 〈z|Wp〉
correspond à un atome localisé dans le puits p. Les énergies propres associées
sont séparées simplement d’une énergie h̄∆g = mgλl/2 entre puits adjacents, on
a perdu toute dépendance en q et donc toute structure de bande. La différence
d’énergie correspond simplement à la différence d’énergie gravitationnelle entre
deux puits adjacents. Dans l’espace des impulsions, la fonction d’onde s’élargit
avec une profondeur de puits croissante, pour tendre vers une situation équivalente
à une particule piégée dans un piège harmonique.

Pour déterminer l’effet du laser sonde dans cette configuration, on peut à nou-
veau réécrire les équations d’évolution. En remplaçant 〈n| par 〈Wp| et |n′〉 par
|Wp′〉 dans les équations 1.11 et 1.12 et en développant les |Wp〉 selon 2.41, on
peut écrire

〈Wp|eiksẑ|Wp′〉=
∫ ∞

−∞
dκb∗p(κ + ks)bp′(κ)C0,κC0,κ+ks . (2.50)

En notant que bp(κ) = b∗p(−κ) et en utilisant la symétrie translationnelle des états
de Wannier-Stark, on peut également déduire la propriété de symétrie suivante :

〈Wp|eiksẑ|Wp+ j〉= eiπ jks/kl〈Wp|eiksẑ|Wp− j〉. (2.51)

Finalement, on peut écrire les équations d’évolution pour un atome dans un
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FIG. 2.8 – Fonctions d’onde des états de Wannier-Stark dans l’espace des positions (a)
et des impulsions (b). Dans chaque cas, les fonctions sont tracées pour trois profondeurs
différentes : U0 = 5 Er, U0 = 10 Er et U0 = 50 Er

potentiel périodique accéléré :

iα̇p = ∑
p′

Ω∗
p−p′

2
e−iπ p′ ks

kl ei∆p−p′ tβp′ (2.52)

iβ̇p = ∑
p′

Ωp′−p

2
e−iπ p ks

kl ei∆p′−ptαp′ , (2.53)

où on a finalement défini Ωp = ΩR〈W0|eiksẑ|Wp〉 et ∆p = δ +m∆g.

Régime de Lamb-Dicke avec un tel dispositif

On peut tout d’abord se pencher sur le cas où l’atome est initialement dans un
état de Wannier-Stark pur |Wp〉 et le comparer au cas où on n’incluait pas la gra-
vité dans le modèle. On suppose également qu’il est situé dans l’état fondamental
correspondant au puits p, soit n = 0. Il existe plusieurs transitions possibles lors-
qu’on excite l’atome avec le laser sonde, suivant que l’atome reste localisé dans le
même puits (|Wp〉→ |Wp〉, transition qu’on nommera une fois de plus la porteuse)
ou passe dans un autre puits (|Wp〉 → |Wp′〉, bandes latérales, ce qui correspond
à un effet tunnel induit par laser). Ces transitions sont tracées en figure 2.9, et
on leur a associé les forces de couplage Ωp′−p. Ces différentes résonances sont
toutes uniformément séparées en énergie de la quantité h̄∆g qui correspond à une
fréquence ∆g/2π = 866 Hz dans le cas du Sr. Étant donné que l’horloge est desti-
née à fonctionner avec des résonances étroites, cet écart est suffisant pour résoudre
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parfaitement les différentes résonances. La porteuse et les premières bandes laté-
rales ont été tracées pour des profondeurs de 5 Er et 10 Er en figure 2.10. On peut
remarquer deux choses : d’une part la fréquence de la porteuse est exactement la
fréquence de la résonance atomique ω0 puisqu’il n’y a plus de structure de bande
dans le cas des états de Wannier-Stark ; d’autre part la force de couplage pour
les bandes latérales diminue très vite avec la profondeur du piège (voir aussi la fi-
gure 2.11). On peut donc aisément, avec un piège peu profond (de l’ordre de 10 Er)
combiner différents avantages : résoudre largement les bandes latérales, les rendre
très peu probables et ne subir aucun déplacement de fréquence de la porteuse dû
à leur présence dans la mesure où elles sont parfaitement symétriques.

  

  

|Wp

|Wp+2

|Wp-1
|Wp-2

h∆g
|Wp+1

hωeg

Ω+2
Ω+1

Ω0Ω-1
Ω-2

FIG. 2.9 – Échelle de Wannier-Stark et différentes transitions possibles lors du couplage
avec le laser sonde.

Plaçons-nous maintenant dans un cas plus défavorable, où l’état initial de
l’atome est une superposition cohérente d’états localisés. On observe alors des
interférences entre la porteuse et les bandes latérales qui dépendent de la phase
relative entre puits adjacents. Ces interférences ont deux conséquences sur la
résonance. D’une part elles conduisent à une modification de la probabilité de
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FIG. 2.10 – Spectre des résonances quand l’état initial est un état de Wannier-Stark pur.
Les deux graphes correspondent aux profondeurs U0 = 5 Er (a) et U0 = 10 Er (b), avec une
fréquence de Rabi de la porteuse Ω0/2π = 10 Hz et une durée d’interrogation de 50 ms.
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FIG. 2.11 – Forces de couplage relatives de la porteuse |Ω0/ΩR|2 et des quatre premières
bandes latérales |Ω±1/ΩR|2 et |Ω±2/ΩR|2 en fonction de la profondeur du piège U0.

transition d’un facteur Ω1/∆g (la contribution des bandes latérales d’ordre plus
élevé est négligeable en comparaison). D’autre part elles induisent également un
déplacement de fréquence. Par exemple si on interroge les atomes avec une im-
pulsion π , alors le déplacement est de l’ordre de Ω1Ω0/∆g. Dans une situation
où U0 = 10 Er et Ω0/2π = 10 Hz, on trouve un déplacement de 2× 10−2 Hz qui
correspond à 5× 10−17 en valeur relative. Il est néanmoins possible d’améliorer
cette situation grâce aux observations faites sur la figure 2.12. On a tracé, pour
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trois états initiaux différents et répartis soit sur l’ensemble des puits, soit sur deux
puits adjacents, la dépendance de ce déplacement de fréquence en fonction de la
durée de l’interrogation. On observe alors des oscillations à la fréquence ∆g/2π
qui apparaît dans le terme de phase des équations d’évolution. Quel que soit l’état
de préparation initial, ce déplacement devient périodiquement nul pour des durées
d’interaction t telles que t = 2π(n+1/2)/∆g. Cette durée correspond en fait à une
situation où la contribution des bandes latérales est symétrique pour des désac-
cords opposés, ce qui revient à annuler le déplacement de fréquence. Comme la
mesure de ∆g peut être réalisée avec une exactitude de l’ordre de 10−9, on est
capable d’atteindre très précisément ce régime. D’autre part, cette condition n’est
pas contradictoire avec le besoin d’utiliser une impulsion π pour l’interrogation,
car les constantes de temps en jeu n’ont pas le même ordre de grandeur. Ainsi,
en notant que Ω−1

R À ∆−1
g , on peut facilement trouver une gamme de durées t

vérifiant les deux contraintes.

π /∆

[m
H
z
]

FIG. 2.12 – Déplacement de la fréquence de la porteuse en fonction du temps d’inter-
action lorsque l’état initial est une superposition cohérente d’états de Wannier-Stark. Dif-
férentes conditions initiales sont testées. Trait plein : αp(t = 0) = αp+1(t = 0) pour tout
p. Tirets : αp(t = 0) = αp+1(t = 0)eiπ/2 pour tout p. Pointillés : α−1(t = 0) = α0(t = 0)
et αp(t = 0) = 0 pour p 6=−1,0. Les calculs ont été faits pour une profondeur U0 = 5 Er

et une fréquence de Rabi Ω0/2π = 10 Hz. Le temps d’interaction correspondant à une
impulsion π est t = 43.3×2π/∆g.
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Conclusion

Finalement il est possible, en utilisant un réseau optique vertical, de se placer
dans une configuration où on est capable d’annuler au niveau de 10−18 les effets
motionnels des atomes, qui se traduisent dans cette étude par un élargissement
et/ou un déplacement de la résonance atomique. Dans le cas du réseau optique, ces
effets correspondent physiquement à la possibilité de passer d’un puits du piège à
un autre par effet tunnel, et sont fortement réduits par la gravité qui supprime la
dégénérescence entre puits adjacents. Ajouter l’effet de la gravité dans un réseau
est formellement identique au fait de passer de particules libres à des particules
piégées. On passe alors d’une situation où les fonctions d’onde sont délocalisées
(les ondes planes ou bien les états délocalisés sur le réseau par effet tunnel) à une
situation où les fonctions d’ondes sont essentiellement localisées, dans le piège
ou dans un puits du réseau optique. Les effets motionnels résiduels se traduisent
alors par l’apparition de bandes latérales. On peut ainsi se permettre d’utiliser des
pièges de faible profondeur, dans la gamme des 5-10 Er pour atteindre le contrôle
désiré. Des profondeurs plus importantes amélioreraient encore la situation, mais
ce modèle ne traduit pas les effets de déplacement lumineux provoqués par le
piège et qui eux augmentent avec la profondeur.

Il est important aussi de tenir compte du mouvement des atomes dans le plan
transverse, car le modèle est seulement unidirectionnel. Dans ce plan, on utilise le
profil gaussien du laser, qui crée naturellement un gradient d’intensité, pour piéger
les atomes. Ce piège n’a pas besoin d’être aussi confinant que le réseau optique,
simplement parce que la dynamique transverse des atomes ne vient a priori pas
modifier le comportement des résonances lorsqu’on utilise un laser sonde aligné
sur la direction du piège. Expérimentalement cependant, un alignement parfait ne
peut pas être obtenu, mais l’angle résiduel entre les deux faisceaux est facilement
contrôlable à 100 µrad près. On obtient alors un vecteur d’onde transverse k⊥ qui
a une amplitude environ 104 fois moindre que ks. Il est possible d’évaluer l’effet
des premières bandes latérales transverses sur la porteuse en supposant que le
piège est harmonique, avec une fréquence d’oscillation ω0/2π = 500 Hz. Cette
valeur correspond à la situation décrite dans le chapitre 5, où on montre que le
niveau d’occupation moyen dans la direction transverse est 〈nr〉 ' 600. Le facteur
de Lamb-Dicke transverse est alors

η⊥ = k⊥∆x = k⊥
√

2〈nr〉+1

√
h̄

2mω0
. (2.54)

Pour un laser d’interrogation à 698 nm, on trouve η⊥ = 0.01. D’après l’équa-
tion 1.16, on sait que le couplage sur une bande latérale est amorti d’un facteur
η⊥
√

n par rapport à la porteuse, ce qui donne un rapport entre les hauteurs des
résonances de l’ordre de r = 0.24. Le déplacement de fréquence dû à la première
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bande latérale est alors de l’ordre de δνpull =
√

r ∆2

δ où ∆ est la largeur des réso-
nances et δ la séparation entre les deux pics. Pour des résonances de 1 Hz de large,
on trouve alors un déplacement δνpull' 1 mHz, soit 2.5×10−18 en valeur relative.
Un tel confinement transverse n’est donc pas limitant en terme d’exactitude.

2.3 Effets systématiques inhérents au dispositif
Afin de déterminer si un objectif d’exactitude de l’ordre de 10−17-10−18 est

réalisable, il faut étudier tous les effets susceptibles de limiter cette performance.
La section précédente avait pour but de s’assurer que le mouvement des atomes
dans le piège n’imposerait pas de limite, mais il convient d’étudier les autres effets
systématiques, causés par la sensibilité des niveaux de l’horloge aux perturbations
extérieures, et qui conduisent à un déplacement de la fréquence d’horloge. Ce tra-
vail est d’autant plus important que, contrairement aux horloges à ion piégé, les
horloges à réseau optique utilisent des puissances de piégeage qui provoquent
un déplacement lumineux des niveaux très important. Ces effets ont été évalués
compte-tenu de la connaissance théorique que l’on a des différentes forces de
couplage en présence d’un champ magnétique (effet Zeeman) ou d’une onde lu-
mineuse (déplacement lumineux induit par le laser du piège, mais également par
le laser d’horloge et par le rayonnement thermique). Compte-tenu de cette sensi-
bilité, une évaluation du niveau de contrôle nécessaire sur le champ magnétique,
les puissances laser et la température peut être donnée.

2.3.1 Effet Zeeman (premier et deuxième ordre)

Déplacement du premier ordre

En raison du spin nucléaire I = 9/2 de l’isotope 87Sr, les deux niveaux d’hor-
loge ont un moment cinétique total F = 9/2, et donc dix sous-niveaux Zeeman
chacun. En présence d’un champ magnétique, ces sous-niveaux sont déplacés
d’une quantité ∆Ei(mF) = gimF µBB, où i représente le niveau 1S0 ou 3P0, gi est le
facteur de Landé associé et B est le module du champ magnétique. Comme la fré-
quence d’horloge correspond à la fréquence de transition en champ nul, l’idée na-
turelle est de procéder à la mesure de la fréquence de transition en champ nul. Ce-
pendant, en raison de perturbations extérieures multiples (champ magnétique ter-
restre, champ magnétique utilisé pendant les différentes étapes d’un cycle d’hor-
loge), les atomes sont toujours soumis à un champ magnétique résiduel mal défini.
Les sous-niveaux Zeeman sont alors peuplés de manière aléatoire, et comme la di-
rection du champ magnétique n’est pas bien définie, le laser d’interrogation n’est
jamais polarisé strictement π ou σ , ce qui entraîne à la fois un élargissement et
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une dissymétrie de la résonance. Il est difficile de mesurer le champ magnétique
dans cette configuration. On peut annuler le champ magnétique au niveau des
atomes en utilisant des bobines de compensation et en minimisant la largeur de la
résonance, mais cette méthode ne permet pas d’avoir une annulation à beaucoup
mieux que 10 mG. Comme les deux niveaux d’horloge ont de plus un facteur de
Landé différentiel δg, la fréquence de transition ν0 va être déplacée au plus d’une
quantité ∆ν(1)

Z = 9/2|δg|µBB/h si on considère les transitions π extrêmes. En
prenant les valeurs |δg|µB/h ' 110 Hz/G et B ' 10 mG, on trouve une incerti-
tude d’environ 5 Hz sur la fréquence de la transition, soit 1.25× 10−14 en valeur
relative. Bien qu’une meilleure annulation du champ magnétique soit possible en
adaptant l’expérience, il parait difficile de gagner 3 voire 4 ordres de grandeurs
sur son contrôle.

Il est donc plus judicieux de tirer parti de la sensibilité des niveaux en pro-
cédant à la mesure en présence d’un champ magnétique. Cela permet notamment
de définir précisément un axe de quantification et de résoudre les différentes ré-
sonances de manière à s’affranchir d’une éventuelle dissymétrie. De plus, on peut
pomper optiquement les atomes dans un sous-niveau particulier et ne pas dégra-
der le rapport signal à bruit. Pour compenser le fait que les transitions sont dépla-
cées dans ce cas (pour un champ magnétique B = 1 G, les transitions π extrêmes
sont séparées de presque 1 kHz), il suffit alors d’interroger deux transitions sy-
métriques, par exemple deux transitions π partant de deux-sous niveaux ±mF .
En moyennant la mesure, on retrouve la fréquence de transition ν0 sans connais-
sance préalable de B. Dans ce cas cependant, la présence des autres résonances
peut venir déplacer la fréquence de transition mesurée. Par exemple, en interro-
geant la transition mF = 9/2 → mF = 9/2 et sa symétrique, seule la transition
π partant de mF = 7/2 (et sa symétrique) intervient. En supposant qu’on a des
résonances de ∆ = 1 Hz de large, et 80% des atomes pompés sans le sous-niveau
mF = 9/2, le reste étant dans le sous-niveau mF = 7/2 (cas le plus défavorable),
ce déplacement, en présence d’un champ magnétique B = 1 G, est de l’ordre de
δνpull =

√
r ∆2

δ , où r = 1/4 est le rapport des hauteurs de résonances et δ = 110 Hz
est l’écart entre les deux résonances. On trouve alors un effet δνpull = 4 mHz, soit
10−17 en valeur relative, qui peut être encore amélioré avec des résonances plus
fines ou un meilleur pompage optique.

On verra aussi dans le chapitre 5 qu’il est possible de mesurer précisément le
champ magnétique dans ce cas en tirant justement parti de la bonne connaissance
du comportement des niveaux en présence du champ magnétique.

Déplacement du second ordre

En présence d’un champ magnétique, il faut par contre tenir compte des dé-
placements de fréquence d’ordre plus élevé dus à l’hamiltonien Zeeman ĤZ dé-
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fini dans l’équation 2.24. En raison du caractère J = 0 des niveaux d’horloge,
le déplacement Zeeman du second ordre ne provient pas du couplage entre les
sous-niveaux hyperfins des niveaux d’horloge, mais du couplage avec les niveaux
plus éloignés (ceux de structure fine). Le niveau fondamental étant séparé de tous
les autres niveaux par des transitions optiques, sa contribution au déplacement
du second ordre est totalement négligeable. Il reste donc le couplage entre le ni-
veau 3P0 et le niveau le plus proche, 3P1, qui possède trois sous-niveaux hyperfins
(F ′ = 7/2, 9/2, 11/2). Le déplacement de fréquence de la transition d’horloge
∆ν(2)

Z est alors celui du niveau excité :

h∆ν(2)
Z =−∑

F ′

|〈3P0,F,mF |ĤZ|3P1,F ′,mF〉|2
hν(3P0,F → 3P1,F ′)

. (2.55)

Les trois fréquences de transition intervenant dans le dénominateur sont de l’ordre
de la structure fine, qui est très grande en comparaison de la structure hyperfine,
donc on peut en bonne approximation prendre la même valeur, indépendante de
F ′. On peut développer les états |3P0〉 et |3P1〉 sur les états purs en utilisant les
coefficients de mélange α , β , α0, β0, γ0. Néanmoins, étant donnée la valeur des
coefficients et le fait qu’on tient compte de l’élément de matrice au carré, on peut
négliger les termes en α0, β0, β 2 (tous de l’ordre de quelques 10−4) et les termes
plus petits. On trouve alors la formule :

∆ν(2)
Z = − α2

h2ν(3P0 → 3P1)
∑
F ′
|〈3P0

0 ,F,mF |ĤZ|3P0
1 ,F ′,mF〉|2 (2.56)

= − 2α2µ2
B

3h2ν(3P0 → 3P1)
B2, (2.57)

en utilisant les éléments de matrice calculés dans [100]. Pour un champ magné-
tique exprimé en G, le déplacement de la fréquence d’horloge est ∆ν(2)

Z =−0.233B2.
Etant donné que n’entre en jeu que le coefficient de mélange α qui correspond au
couplage intermédiaire, on trouve une valeur similaire à celui calculé dans le cas
de l’isotope bosonique 88Sr [101]. De plus cette valeur a été confirmée expérimen-
talement pour les deux isotopes, comme on le verra dans les chapitres 5 et 6.

Si on se place à nouveau dans la situation ou le champ magnétique appli-
qué pendant la mesure est de 1 G, ce déplacement de fréquence représente donc
−0.233 Hz. Pour cette valeur, un contrôle du champ magnétique à 1% près (soit à
10 mG près) est déjà suffisant pour ramener l’incertitude sur l’évaluation du dépla-
cement Zeeman au niveau de 5×10−3 Hz, soit trois ordres de grandeur de moins
que dans le cas d’une mesure à champ nul. On verra au chapitre 5 que l’incertitude
sur le champ magnétique est de l’ordre de 10−3 en valeur relative après une heure
d’intégration, ce qui permet d’atteindre une incertitude dans la gamme des 10−18.
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On peut noter que dans les fontaines atomiques, le champ magnétique dans la ca-
vité micro-onde est contrôlé au niveau du µG [13] (la sensibilité magnétique du
Cs est bien plus importante que celle du Sr). L’horloge au 87Sr ne nécessite elle
qu’une précision 1000 fois moins importante.

2.3.2 Déplacement lumineux (premier et deuxième ordre) dû
au laser de piégeage

L’un des défis majeurs dans les horloges à réseau optique est de s’assurer
qu’on peut atteindre une exactitude digne des meilleures horloges optiques avec
un principe de fonctionnement nouveau. La question de l’effet du piège dans notre
cas n’a pas d’équivalent dans les autres types d’horloges, soit parce que les atomes
ne sont pas piégés pendant la phase d’interrogation (fontaines atomiques, horloges
à atomes neutres en chute libre), soit parce que le piège utilisé a un effet presque
négligeable, et de toute façon contrôlable, sur les niveaux d’horloge (horloges
à ion). Dans le cas des horloges à réseau, le problème se pose beaucoup plus
sérieusement. Pour l’atome de 87Sr, à une longueur d’onde de 813 nm et pour
une profondeur de piège de 10 Er, le déplacement des niveaux est de l’ordre de
36 kHz, soit 10−10 en valeur relative. Ce déplacement peut se développer selon les
puissances du champ électrique [92] :

h∆ν =−1
4

∆α(ωl,el)E 2
l −

1
64

∆γ(ωl,el)E 4
l − . . . , (2.58)

où ∆α(ωl,el) et ∆γ(ωl,el) représentent respectivement la différence de polarisa-
bilité dynamique et la différence d’hyperpolarisabilité des niveaux d’horloge.

En choisissant une transition d’horloge présentant une longueur d’onde ma-
gique, on est a priori capable d’annuler le premier terme précisément, comme on
l’a vu au chapitre 1, mais cette annulation n’est pas parfaite, à cause du fait que
l’état excité 3P0 n’est pas parfaitement J = 0 et à cause des termes autres que le
terme dipolaire électrique. Une étude de leurs contributions est faite par la suite.
D’autre part, le deuxième terme, dit terme d’hyperpolarisabilité, ne s’annule pas
et doit donc être caractérisé. Tout ce travail représente une part importante de la
thèse de Rodolphe Le Targat [116], dont les résultats expérimentaux seront pré-
sentés dans le chapitre 5.

Effet du premier ordre, détermination de la longueur d’onde magique

En première approximation, on peut considérer que l’on a deux niveaux d’hor-
loge parfaitement J = 0, ce qui implique que les polarisabilités dynamiques sont
parfaitement scalaires. On peut alors éliminer la dépendance en polarisation, et les
polarisabilités des états | f 〉 = |1S0〉 et |e〉 = |3P0〉 s’écrivent simplement α| f 〉(ωl)
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et α|g〉(ωl) sur le modèle de l’équation 2.33. En tenant compte de toutes les tran-
sitions possibles, la polarisabilité d’un niveau d’horloge |i〉 s’écrit :

α|i〉(ωl) =
1
h̄ ∑

j
|di j|2

(
1

ωi j−ωl
+

1
ωi j +ωl

)
, (2.59)

où di j = 〈i|d| j〉 est l’élément de couplage dipolaire électrique et ωi j/2π est la
fréquence de la transition |i〉 → | j〉. En tenant compte des règles de sélection, le
niveau fondamental est essentiellement couplé aux niveaux 5snp 1P1 et le niveau
excité aux niveaux 5sns 3S1 et 5snd 3D1, où n est le nombre quantique principal.
L’influence des niveaux les plus proches étant plus importante, on peut tracer une
variation des polarisabilités des deux niveaux en ne tenant compte que des trois
niveaux 5s5p 1P1 (à 461 nm), 5s6s 3S1 (à 679 nm) et 5s4d 3D1 (à 2.56 µm, voir fi-
gure 2.13). Des calculs plus poussés ont été effectués en tenant compte de tous les
niveaux jusqu’à l’orbitale n = 11[92, 97] pour arriver à une valeur de la longueur
d’onde magique λl ' 800 nm. La valeur expérimentalement obtenue (voir cha-
pitre 5) est proche de 813 nm, la différence s’expliquant par la mauvaise connais-
sance des forces d’oscillateurs. À cette longueur d’onde magique, on peut donc
annuler le déplacement lumineux scalaire et le rendre beaucoup moins sensible
à une variation de la longueur d’onde que pour une longueur d’onde arbitraire.
Ainsi, pour une profondeur de piège de 10 Er, il suffit de contrôler sa fréquence à
20 MHz près pour s’affranchir de son effet jusque dans la gamme des 10−17.
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FIG. 2.13 – (a) Niveaux contribuant majoritairement au déplacement lumineux de la
fréquence d’horloge pour un laser de piégeage à 813 nm. (b) Allure du déplacement lu-
mineux des deux niveaux d’horloge. Les courbes se croisent vers 813 nm, annulant le
déplacement lumineux différentiel.

La première correction à cette évaluation vient du fait que le calcul de la po-
larisabilité ne fait pas seulement intervenir les transitions dipolaires électriques
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(E1) accessibles, mais également les transitions dipolaires magnétiques (M1) et
quadrupolaires électriques (E2). Elle s’écrit donc plus généralement

α|i〉(ωl) = α|i〉,E1(ωl)+α|i〉,M1(ωl)+α|i〉,E2(ωl). (2.60)

Ces termes supplémentaires n’amènent qu’une contribution scalaire faible, puis-
qu’ils ont été évalués à αM1(ωl) ' αE2(ωl) ' 10−7×αE1(ωl) [92] pour chacun
des niveaux d’horloge. Ils n’ont donc pour effet que de déplacer la longueur
d’onde magique et ne posent aucun problème puisque sa valeur a été déterminée
expérimentalement.

La seconde correction provient du fait que la polarisabilité est en réalité ten-
sorielle à cause de la structure hyperfine des différents niveaux qui entrent en jeu.
Ainsi, la polarisabilité d’un niveau s’écrit sous la forme d’un tenseur dont les
composantes sont :

(α|i〉)mn(ωl) =
1
h̄ ∑

j

(〈i|d.en| j〉〈 j|d.em|i〉
ωi j−ωl

+
〈i|d.em| j〉〈 j|d.en|i〉

ωi j +ωl

)
, (2.61)

où les indices m et n correspondent aux polarisations circulaires. Pour un fais-
ceau se propageant dans la direction Oz, elles sont définies comme e± = ∓(ex±
iey)/

√
2. Pour la transition |i〉 → | j〉, toutes les transitions avec les sous-niveaux

hyperfins de | j〉 doivent être considérées. Les différences de fréquences étant en
dénominateur, on voit qu’on aura différentes contributions séparées de la structure
hyperfine δh f autour du désaccord δi j = |ωi j−ωl|. La correction apportée par la
partie tensorielle est donc en première approximation proportionnelle au rapport
δh f /δi j. Pour un laser à 813 nm, ils valent respectivement 8.1×10−5, 5.4×10−6

et 2.1×10−7 pour les niveaux 3S1, 3D1 et 1P1. Ces déplacements diffèrent de deux
ordres de grandeur entre le niveau fondamental et le niveau excité et ne sont pas
négligeables : pour la transition 3P0 → 3S1, à une profondeur de 10 Er, la cor-
rection au déplacement est de l’ordre de 8× 10−15 soit environ 3 Hz. Il existe
heureusement un moyen de s’affranchir largement de ces effets.

En présence d’un champ magnétique B aligné avec la polarisation du laser
piège, on peut expliciter le déplacement en énergie des niveaux d’horloge à cause
du piège [100] :

∆E f = −κS
f
U0

Er
−κV

f ξ mF
U0

Er
−κT

f (3m2
F −F(F +1))

U0

Er
(2.62)

∆Ee = −κS
e

U0

Er
−κV

e ξ mF
U0

Er
−κT

e (3m2
F −F(F +1))

U0

Er
. (2.63)

Les coefficients κS, κV et κT sont des coefficients proportionnels aux polarisabili-
tés scalaire, vectorielle et tensorielle des deux niveaux, ξ est le degré d’ellipticité
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de la polarisation du laser piège, et U0/Er représente la profondeur du piège en
unités de recul. Il est a priori possible de déterminer l’ensemble des coefficients
en étudiant différents types de transitions et en variant la profondeur du piège. On
va néanmoins se limiter au cas d’une transition π et voir comment effectuer une
mesure précise. Pour une telle transition, le déplacement de fréquence dû au piège
s’écrit

∆νP =−∆κSU0

Er
−∆κV ξ mF

U0

Er
−∆κT (3m2

F −F(F +1))
U0

Er
, (2.64)

où on a défini les polarisabilités différentielles ∆κ . Il est intéressant de distin-
guer différents termes. D’une part, à la longueur d’onde magique, on a ∆κS = 0.
D’autre part, le terme faisant appel à la polarisabilité vectorielle ∆κV (qui est aussi
la correction la plus importante) est symétrique en mF , comme le déplacement
Zeeman du premier ordre. Il est donc possible de l’annuler de la même manière,
en sondant deux transitions π symétriques. On effectue alors la moyenne pour
trouver

ν(m f )+ν(−mF)
2

= ν0−∆κT (3m2
F −F(F +1))

U0

Er
. (2.65)

On peut remarquer que ce terme vectoriel dépend également de ξ = sin(2ε), où ε
est l’angle définissant la polarisation sur la base e±. Grâce à un filtrage efficace,
on est capable d’avoir une polarisation linéaire définie à 10−4 près, ce qui atténue
le terme de polarisabilité vectorielle d’un facteur 2× 10−4. Enfin, une valeur de
∆κT a été évaluée dans la référence [100] à environ 5×10−3 Hz/Er. Pour un piège
d’une profondeur de 10 Er, et en sondant les transitions extrêmes (mF = ±9/2),
on trouve encore une correction de l’ordre de 2 Hz. Elle est en pratique absorbée
dans le terme scalaire, qui, proche de la longueur d’onde magique, varie d’environ
10 Hz/Er/nm. Lorsqu’on ajuste expérimentalement la longueur d’onde magique,
une modification de sa valeur de 10−2 nm permet d’annuler le terme restant.

Effets d’ordre élevé

L’équation 2.58 montre que mis à part le terme en premier ordre en E 2
l (ou

U0), que l’on est capable de contrôler efficacement, le développement fait inter-
venir des termes d’ordre plus élevé. Le plus important de ces termes est en U2

0
et fait intervenir la quantité ∆γ(ωl,el) appelée hyperpolarisabilité différentielle.
C’est un terme équivalent à celui de la polarisabilité dans le processus du premier
ordre, mais qui fait intervenir les transitions à deux photons voisines. Compte
tenu de l’amplitude relative de ce terme par rapport au déplacement lumineux du
premier ordre, les seules transitions susceptibles d’apporter une contribution su-
périeure à 10−18 en valeur relative doivent être proches de λm/2. En prenant la
valeur expérimentale de 813 nm, on en trouve deux qui impliquent toutes les deux
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le niveau excité : 5s5p3P0 → 5s7p1P1 à λ1 = 813.36/2 nm et 5s5p3P0 → 5s4 f 3F2
à λ2 = 818.57/2 nm. A priori, la première transition ne devrait pas apporter de
contribution, puisqu’elle est de type J = 0 → J = 1, interdite par les règles de
sélection à deux photons [117]. En revanche, la deuxième transition est auto-
risée, mais à 5 nm de la longueur d’onde magique, ce qui laisse espérer une
contribution assez faible. Il existe une troisième transition, 5s5p3P0 → 5s7p3P0
à λ3 = 796.3/2 nm, beaucoup trop éloignée pour contribuer de manière significa-
tive, mais qui a été utilisée pour les évaluations théoriques présentées en [92, 97]
puisque la longueur d’onde magique avait été évaluée autour de 800 nm.

Les calculs théoriques de l’hyperpolarisabilité ne peuvent pas donner la ga-
rantie que ce terme peut être ramené sous la barre des 10−18 puisqu’ils ont été
réalisés à une mauvaise longueur d’onde. En raison de la présence des deux réso-
nances à 796.3/2 nm et à 818.57/2 nm, il existe en effet une longueur d’onde pour
laquelle le terme d’hyperpolarisabilité s’annule, ce qui empêche d’extrapoler une
valeur de ce terme à la longueur d’onde magique. Il est donc primordial de faire
une mesure précise de ces effets pour s’assurer de la faisabilité de l’horloge. Le
chapitre 5 présente ces mesures qui montrent qu’on pourra atteindre un contrôle
de cet effet au niveau de 10−18.

Les évaluations théoriques ne tiennent pas non plus compte de la dépendance
de l’hyperpolarisabilité en polarisation. Il a été démontré à ce sujet [96] que cette
dépendance présentait systématiquement soit une polarisation qui minimise cet
effet, soit dans certains cas une "polarisation magique" telle que ∆β (ωm,em) = 0.
Cette propriété pourrait être avantageuse pour s’affranchir définitivement des ef-
fets d’ordre élevé, mais entre en compétition avec le terme de polarisabilité vec-
torielle qui est lui minimal pour une polarisation linéaire. Aucun développement
expérimental dans ce sens n’a pour le moment été réalisé. En ce qui concerne les
développements suivants du déplacement lumineux en puissances de U0, on peut
négliger leur contribution puisque ces effets sont censés être encore plus faibles
et que les effets du second ordre sont déjà à un niveau suffisamment faible pour
permettre une exactitude meilleure au niveau de 10−18.

2.3.3 Déplacement lumineux dû au rayonnement du corps noir
Le déplacement lumineux dû au rayonnement du corps noir [118, 119] est un

effet systématique particulier qui est difficile à éviter. En effet il provient du fait
qu’à une température donnée T , l’environnement produit un rayonnement ther-
mique. De la même manière que ce qui a été fait pour le laser de piégeage, ce
rayonnement vient interagir avec les atomes et déplacer leurs niveaux d’éner-
gie. De fait, c’est un effet totalement dépendant de la structure atomique, et la
meilleure façon de s’en affranchir au mieux est souvent de choisir la transition
atomique la moins sensible. La méthode pour l’évaluer reprend le même principe
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que dans la section précédente, même si le comportement de cet effet est différent.
On définit le rayonnement du corps noir à la température T par sa densité

spectrale qui est donnée par la loi de Planck. Si on tient compte des polarisabilités
scalaires des deux niveaux de l’horloge, on peut encore écrire le déplacement
lumineux d’un niveau |i〉 comme ∆E|i〉 = −1

4α|i〉(ω)E 2, mais il faut dans ce cas
tenir compte des contributions sur l’ensemble du spectre de fréquences émises par
rayonnement thermique [64] :

∆E|i〉 =− 1
4ε0π3c3

∫ ∞

0
α|i〉(ω)

ω3

eh̄ω/kBT −1
dω. (2.66)

On a noté ε0 la permittivité électrique du vide, c la vitesse de la lumière dans
le vide, et kB la constante de Boltzmann. A température ambiante (T0 = 300 K),
l’essentiel du rayonnement est émis autour de 10 µm : son effet va donc être très
différent de celui du piège.

Si on considère dans un premier temps uniquement la polarisabilité dipolaire
électrique des niveaux, alors l’essentiel du rayonnement intervient à des longueurs
d’onde éloignées des transitions accessibles [120]. Le niveau 1S0 est essentielle-
ment couplé au niveau 1P1 par une transition à 461 nm, soit une fréquence 20 fois
plus grande que la fréquence moyenne d’émission. On peut donc avec une bonne
approximation utiliser non pas la polarisabilité dynamique mais la polarisabilité
statique α|1S0〉(0) pour caractériser l’effet du rayonnement thermique. En ce qui
concerne le niveau 3P0, la situation est un peu différente car il est couplé essen-
tiellement à deux niveaux, 3S1 à 679 nm et 3D1 à 2.56 µm qui est une longueur
d’onde nettement plus proche de celle du rayonnement thermique moyen. Il est
néanmoins possible d’utiliser la polarisabilité statique pour le calcul, moyennant
l’utilisation d’un terme de correction dynamique η . Dans ce cas le calcul du dé-
placement des niveaux dû au rayonnement thermique donne [120] :

∆E|i〉,E1 '−
πk4

B

60ε0h̄4c3
T 4α|i〉,E1(0)[1+ηi]. (2.67)

Dans le cas du niveau fondamental, le facteur correctif existe mais est complè-
tement négligeable, ce qui n’est pas le cas du niveau excité : il a été montré
dans [120] que cette correction contribuait au déplacement de la fréquence d’hor-
loge à hauteur de 5%.

Il convient aussi de faire attention aux termes correctifs provenant des éven-
tuelles transitions dipolaires magnétiques (M1) et quadrupolaires électriques (E2).
En effet, si leur contribution pour le déplacement dû au laser piège est négligeable,
il existe dans le cas du rayonnement thermique des transitions qui prennent de
l’importance. En particulier, la transition 3P0 → 3P1 est autorisée par couplage
M1 et la transition 3P0 → 3P2 par couplage E2, et les fréquences de transition
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qui entrent en jeu dans ce cas sont justement de l’ordre de la fréquence princi-
pale d’émission du corps noir. Cet effet est par contre compensé par le fait que
les contributions multipolaires sont atténuées par rapport à la contribution dipo-
laire électrique (typiquement d’un facteur α2 pour la contribution M1, où α est la
constante de structure fine). Ainsi, alors que le déplacement du niveau 3P0 d’ori-
gine dipolaire électrique est d’environ 2 Hz, les corrections multipolaires ne sont
que de 2.4×10−5 Hz pour M1 et 2.5×10−8 Hz pour E2, totalement négligeables
étant donné l’exactitude souhaitée pour une horloge optique. De manière surpre-
nante, les mêmes contributions pour le déplacement du niveau 1S0, pourtant dé-
pourvu de structure fine, sont moins négligeables. En particulier, la contribution
dipolaire magnétique représente 10−4 de la contribution dipolaire électrique, ce
qui, pour un déplacement de l’ordre du Hz et aux incertitudes théoriques près,
représente un effet pouvant contribuer au niveau de 10−18.

Au final, l’évaluation la plus récente [120] fait état d’un déplacement ∆νCN =
−2.354(32) Hz à T0 = 300 K et est en accord avec la précédente évaluation [94]
à −2.4(1) Hz, soit −5.5× 10−15 en valeur relative. Sachant que ce déplacement
a une dépendance en T 4, si on veut avoir une incertitude de l’ordre du mHz sur
ce déplacement il faut pouvoir contrôler la température au niveau de 3×10−2 K.
Même si c’est essentiellement la température de l’enceinte à vide qui contribue,
il est difficile de contrôler une température à beaucoup mieux que 0.1 K dans un
environnement de laboratoire. Une solution serait de faire fonctionner l’horloge
en environnement cryogénique, la dépendance en T 4 assurant une réduction dras-
tique de l’effet et de son incertitude, mais cela reste compliqué pour ce genre
d’expérience. D’autres candidats pour les horloges optiques présentent quant à
eux une structure atomique plus favorable. Ainsi il a été démontré récemment
que le déplacement lumineux provoqué par un rayonnement thermique à tempé-
rature ambiante n’était que de 8×10−18 dans le cas de l’ion Al+ [64], permettant
de contrôler la température à seulement 5 K près. Pour ce qui est des horloges
à réseau optique, c’est le Hg qui est le plus favorable, avec un déplacement de
2.4×10−16 [64] qui promet d’être contrôlable jusqu’au niveau de 10−18.

2.3.4 Déplacement lumineux dû au laser d’interrogation
Le dernier laser perturbateur qui intervient pendant l’interrogation des atomes

est justement le laser d’interrogation, en déplaçant également les niveaux d’hor-
loge qui sont à nouveau couplés majoritairement aux trois niveaux qui ont été
cités dans les sections précédentes. En ce qui concerne cet effet, il faut considérer
la méthode d’interrogation : on cherche à réaliser une impulsion π de manière à
transférer tous les atomes du niveau fondamental au niveau excité. Cette impulsion
est caractérisée à la fois par le temps d’interaction tint et la pulsation de Rabi ΩR,
proportionnelle à l’intensité lumineuse : tint = π/ΩR. Si on considère que tint est
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la durée la plus courte permettant d’obtenir une impulsion π , alors pour réduire le
déplacement lumineux il faut diminuer la pulsation de Rabi et augmenter le temps
d’interaction, ce qui dépend directement de la cohérence du laser d’horloge. En
supposant que le temps de cohérence du laser est supérieur à 1 s, on peut imaginer
une impulsion π de 1 s qui correspond à une intensité lumineuse I ' 200 pW/cm2.
À ce niveau d’intensité, les contributions des trois transitions prépondérantes au
déplacement lumineux ne dépassent pas 10 µHz en valeur absolue, et sont donc
bien en dessous du niveau critique. On verra de plus dans le chapitre suivant que
pour des questions de stabilité, il faut absolument se doter d’un laser d’horloge
extrêmement fin, avec une largeur de raie inférieure au Hz, ce qui assure automa-
tiquement l’annulation de ce dernier effet au niveau de 10−18.

On verra que ce n’est pas le cas dans le cas d’une mesure de la transition
d’horloge de l’isotope bosonique 88Sr (présentée dans le chapitre 6) : l’intensité
lumineuse alors nécessaire est nettement plus élevée et le déplacement lumineux
relativement important. Dans le cadre de notre mesure, l’intensité nécessaire pour
obtenir une fréquence de Rabi équivalente à celle utilisée pour le fermion était en-
viron 1000 fois plus importante, induisant un déplacement lumineux de plusieurs
dizaines de Hz et une incertitude sur cet effet de plus de 10 Hz.

2.3.5 Conclusion
Les effets systématiques présentés dans les sections précédentes constituent

les principales sources d’incertitude pour une horloge à réseau optique et condi-
tionnent ses performances. À tous ces effets, on peut rajouter l’effet de déplace-
ment collisionnel puisqu’on interroge de nombreux atomes en même temps. Cet
effet est beaucoup plus difficile à évaluer théoriquement que les autres effets, mais
il existe différentes manières de s’assurer qu’il ne soit pas limitant. Le choix de
l’isotope fermionique 87Sr est déjà naturellement un avantage. En effet, les colli-
sions entre fermions se font essentiellement dans l’onde s à basse température, et
ce processus est interdit pour des fermions ayant le même état interne. En utilisant
une interrogation en présence d’un champ magnétique, on lève la dégénérescence
de l’état interne des atomes, ce qui fait que tous les atomes se trouvant dans le
même sous-niveau mF ne contribuent pas aux collisions lorsqu’on interroge la
transition π partant de ce sous-niveau. Avec un pompage optique efficace, on est
capable de limiter fortement cet effet. Ensuite, l’utilisation d’un réseau optique
permet également de limiter les collisions aux seuls atomes se trouvant dans le
même puits de potentiel. Un effet de la faible abondance isotopique du 87Sr est que
le nombre d’atomes capturés est relativement faible et que les puits du réseau ne
contiennent généralement pas plus de 10 atomes. On verra au chapitre 6 que dans
le cas du 88Sr, le déplacement collisionnel est au contraire la plus grande source
d’incertitude. Enfin, une solution radicale au problème des collisions consiste à
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utiliser un réseau tri-dimensionnel. Dans ce cas on peut être en mesure de n’avoir
que 0 ou 1 atome par puits et de réduire cet effet en dessous de 10−18. Ce type
de confinement permet également d’améliorer le piégeage dans la direction trans-
verse et donc de réduire encore plus le déplacement de fréquence dû aux bandes
latérales transverses.

Cette approche théorique des différents effets systématiques inhérents au dis-
positif permet d’estimer le niveau d’exactitude qu’il est possible d’atteindre avec
une horloge à réseau optique fonctionnant avec des atomes de 87Sr. Sachant que
l’on souhaite atteindre une exactitude semblable à celle d’une horloge à ion (où un
contrôle des effets systématiques à mieux que 10−16 a déjà été obtenu pour l’ion
Al+ [28]), la principale inconnue de ce type d’horloge est l’effet du piège sur la
transition d’horloge. Pour atteindre un niveau de contrôle des effets motionnels
à mieux que 10−17, il faut utiliser un piège ayant une profondeur de 10 Er qui
déplace individuellement les niveaux d’horloge de 36 kHz. En comparaison, les
horloges à ion présentant un déplacement notable dû au piège (en raison du mo-
ment quadrupolaire électrique de la transition) sont soumises à un déplacement de
quelques Hz. Le fonctionnement de l’horloge à la longueur d’onde magique as-
sure en fait un contrôle des effets du premier ordre à mieux que 10−17 sans grande
contrainte technique, et la grande inconnue en terme de faisabilité a été l’incer-
titude sur les effets d’ordre élevés jusqu’à leur détermination expérimentale [30].
En effet, les calculs théorique menés, sujets à de trop nombreuses incertitudes
(sur la longueur d’onde magique et sur les forces d’oscillateurs entrant en compte
dans le calcul), ne permettaient pas jusqu’alors de garantir le niveau d’exactitude
souhaité.

Finalement, l’effet qui risque d’être techniquement le plus difficile à contrô-
ler est dû au rayonnement thermique de l’environnement, car il nécessite soit un
contrôle de la température à un très bon niveau, soit un environnement cryogé-
nique pour que son incertitude soit ramenée dans la gamme des 10−18. L’évalua-
tion expérimentale des différents effets, qui permet de confirmer les prédictions
de ce chapitre, sera présentée dans le chapitre 5.

2.4 Stabilité de fréquence

2.4.1 Limite quantique

La stabilité de fréquence est la deuxième caractéristique fondamentale pour
une horloge atomique. C’est elle qui définit la résolution qu’on peut obtenir après
un temps d’intégration τ , et donc elle conditionne la capacité d’atteindre une
exactitude donnée. La stabilité est généralement exprimée en utilisant l’écart-type
d’Allan des fluctuations de fréquence σy(τ) qui possède une limite "quantique"
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lorsque le bruit de fréquence de l’horloge est dominé par le bruit de projection
quantique. L’expression de l’écart-type d’Allan dans cette situation, lorsque N
atomes non corrélés contribuent au signal, est

σy,Q(τ) =
η

Q
√

N

√
Tc

τ
, (2.68)

où η est un facteur numérique proche de l’unité qui dépend de la méthode d’in-
terrogation, Q = ν0/δν est le facteur de qualité de la transition sondée et Tc est la
durée d’un cycle d’horloge.

La stabilité de fréquence dépend essentiellement de deux paramètres, le fac-
teur de qualité de la transition et le rapport signal à bruit de la détection. En consi-
dérant un laser d’interrogation ayant une largeur de raie de 1 Hz, on obtient un
facteur de qualité Q = 4× 1014. D’autre part le rapport signal à bruit, représenté
par le terme

√
N peut atteindre une valeur de 102 dans une horloge optique comme

c’est le cas dans notre horloge. En supposant une durée de cycle Tc = 1 s, la li-
mite quantique de la stabilité est de l’ordre de 2.5×10−17τ−1/2, et une résolution
de 10−18 peut être atteinte en quelques centaines de secondes. Néanmoins cette
limite, quasiment atteinte pour les fontaines atomiques, ne l’est pas pour les hor-
loges optiques. La valeur du facteur de qualité, souvent plus importante que la
valeur prise ici (dans notre cas les résonances font plus de 10 Hz de large), n’est
pas la seule cause de cette dégradation de la stabilité. La principale contribution
est le bruit supplémentaire apporté par effet Dick qui vient dégrader fortement le
rapport signal à bruit.

2.4.2 Effet Dick

L’effet Dick [121] est l’effet des fluctuations de phase de l’oscillateur d’inter-
rogation (le laser d’horloge) sur la stabilité de fréquence de l’horloge. Pendant la
phase d’interrogation, les atomes sont sensibles aux fluctuations de phase du laser
qui se traduisent en fluctuations de la probabilité de transition. Dans le cas d’une
horloge en fonctionnement séquentiel, cette sensibilité se traduit par un échan-
tillonnage du bruit de fréquence du laser d’horloge à la fréquence de cycle de
l’horloge fc = 1/Tc. Il y a repliement du spectre de bruit de fréquence autour des
harmoniques de la fréquence de cycle qui est converti vers les basses fréquences
et a pour conséquence de rajouter une composante de bruit blanc de fréquence
au bruit de fréquence du laser d’horloge. Cet effet est calculable en utilisant le
formalisme de la fonction de sensibilité g(t) qui s’écrit

g(t) = 2 lim
δφ→0

δP(δφ , t)
δφ

, (2.69)
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et représente la variation de probabilité δP associée à une variation infinitésimale
de la phase du laser δφ . Il est alors possible de calculer cette fonction de sensibilité
selon la méthode d’interrogation utilisée [25, 122, 123] et d’en déduire l’écart-type
d’Allan associé à cet effet, qui dépend du type de bruit présent dans le spectre des
fluctuations de fréquences du laser d’horloge.

Pour cette raison, la largeur de raie du laser d’horloge n’est pas le paramètre
le plus pertinent pour déterminer la stabilité de fréquence. Bien que la largeur de
raie soit reliée au bruit de fréquence du laser, les détails du spectre de bruit ont eux
aussi leur importance à cause de cet effet d’échantillonnage. Une partie du travail
de thèse d’Audrey Quessada-Vial a été d’évaluer l’effet Dick pour une horloge
à atomes froids en fonction du type d’interrogation utilisé. Je reprendrai ici les
principaux résultats de son travail.

Interrogation de type Rabi

L’interrogation de type Rabi est la méthode utilisée actuellement dans l’hor-
loge au 87Sr. Elle consiste à envoyer une impulsion sur les atomes dont la puis-
sance et la durée T sont optimisés de manière à produire une impulsion π et donc à
transférer tous les atomes dans l’état excité. En supposant que le spectre des fluc-
tuations de fréquence du laser d’horloge est caractéristique d’un bruit blanc de fré-
quence de valeur h0, alors la variance d’Allan associée à l’effet Dick s’écrit [123]

σ2
y,D(τ) =

h0

2τ

(
π2

8d
−1

)
, (2.70)

où d = T/Tc représente le rapport entre la durée de l’interrogation et la durée
du cycle, encore appelé rapport cyclique. En supposant que le spectre de bruit
de fréquence du laser d’horloge est un palier de bruit blanc à S0 = 10−2 Hz2/Hz
(qui correspond à h0 = S0/ν2

0 ), alors le terme dû à l’effet Dick varie entre 1.56×
10−16τ−1/2 pour d = 0.65 et 8.17× 10−17τ−1/2 pour d = 0.99 [123]. Les diffé-
rents bruits s’ajoutant quadratiquement, la stabilité totale de l’horloge peut s’écrire

σy(τ) =
√

σ2
y,Q(τ)+σ2

y,D(τ), (2.71)

et on voit bien que même pour un laser spectralement fin, la limite quantique est
très vite négligeable par rapport au terme provenant de l’effet Dick.

La formule 2.70 donne deux informations. La première concerne le rapport cy-
clique d : on voit qu’on a tout intérêt à s’approcher au mieux de la situation d = 1
qui correspond à un temps d’interrogation infiniment long par rapport à la durée
de préparation des atomes. Ce terme indique donc qu’on peut limiter le bruit par
effet Dick en optimisant la séquence temporelle de deux manières différentes : en
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réduisant le temps de préparation des atomes et en augmentant la durée de l’inter-
rogation. Cependant on ne gagne pas énormément de cette manière : le passage
de d = 0.65 à d = 0.99 ne fait gagner qu’un facteur 2 sur la stabilité.

L’autre paramètre important dans l’expression 2.70 est le terme h0 qui contient
en fait une information sur la durée du cycle. En effet, les chiffres donnés précé-
demment correspondent à un bruit blanc de fréquence quelle que soit la fréquence
de cycle, ce qui correspond à une situation idéale. En pratique, le spectre des
fluctuations de fréquence d’un laser ultra-stable n’atteint un palier de bruit blanc
qu’à partir d’une certaine gamme de fréquence (entre 1 Hz et 100 Hz). On verra
au chapitre suivant l’allure de ce spectre dans le cas de notre laser ultra-stable,
qui atteint un palier de bruit blanc à partir de 100 Hz. Cette expression du bruit
issu de l’effet Dick n’est donc en pratique valable que si la fréquence de cycle
est située dans le palier de bruit blanc ; pour une fréquence plus faible, le bruit
est nécessairement plus important. Ces considérations mettent donc en compéti-
tion deux manières de réduire σy,D(τ). Pour obtenir un rapport d le plus proche
de 1 possible, il faut nécessairement augmenter la durée de l’interrogation, car il
existe un temps mort incompressible qui correspond à la préparation et à la détec-
tion des atomes. En revanche, on diminue ainsi la fréquence d’interrogation et on
devient sensible au bruit basse fréquence du laser. On voit donc tout l’intérêt de
la stabilisation du laser d’interrogation, en particulier dans la gamme des basses
fréquences (entre 1 Hz et 100 Hz). Avec notre laser actuel, et une fréquence de
cycle de 1-3 Hz, la stabilité de fréquence est totalement dominée par l’effet Dick
au niveau de quelques 10−14τ−1/2.

Interrogation de type Ramsey

Une autre solution est d’utiliser une interrogation de type Ramsey comme dans
les fontaines atomiques. Contrairement aux horloges à atomes neutres en chute
libre, qui utilisent un interféromètre de Ramsey-Bordé à quatre impulsions, les
horloges à atomes piégés peuvent fonctionner avec une interféromètre de Ramsey
classique, l’impulsion des photons étant absorbée essentiellement par le piège.
Ce type d’interrogation est donc constituée de deux impulsions π/2 de durée t
séparées par un temps d’évolution libre T tel que T À t. Avec la même hypothèse
de bruit blanc de fréquence que précédemment, la variance d’Allan associée à
l’effet Dick s’écrit [122]

σ2
y,D(τ) =

h0

2τ

(
1
d
−1

)
. (2.72)

Dans ce cas le rapport cyclique est défini à partir du temps de libre évolution : d =
T/Tc. Avec un bruit blanc de fréquence de 10−2 Hz2/Hz, la valeur de l’écart-type
d’Allan varie entre 1.65×10−16τ−1/2 pour d = 0.5 et 1.66×10−17× τ−1/2 pour



88 CHAPITRE 2

d = 0.99. On voit donc que contrairement à l’interrogation Rabi, il y a beaucoup
plus à gagner en améliorant le rapport cyclique de l’horloge. Avec notre laser
actuel et pour une fréquence de cycle de 1-3 Hz, atteindre un facteur d = 0.99
permettrait d’ores et déjà d’atteindre une stabilité inférieure à 10−14τ−1/2. En
termes de stabilité, on a donc tout intérêt à passer à cette méthode d’interrogation
une fois les autres paramètres optimisés (bruit de fréquence du laser et rapport
cyclique).

2.4.3 Compromis entre stabilité et exactitude de fréquence

En réalité, le choix du type d’interrogation doit lui aussi répondre à un com-
promis entre stabilité et exactitude de fréquence. D’un côté, on vient de voir que
pour atteindre une meilleure stabilité, on va vouloir à terme passer à une méthode
d’interrogation de type Ramsey plutôt que Rabi. Ce choix se justifiera lorsque le
rapport cyclique sera suffisamment proche de 1 pour que cela fasse la différence.
En effet, si on souhaite atteindre un niveau d’exactitude de 10−18, alors une sta-
bilité de 10−16τ−1/2 permet d’atteindre la résolution désirée après une intégration
d’environ 3 h, alors qu’une stabilité moins bonne d’un ordre de grandeur néces-
siterait une intégration d’environ 10 jours. D’un autre côté, le déplacement de
la fréquence d’horloge par les autres raies (par "pulling") est lui plus important
dans le cas d’une interrogation de type Ramsey [57]. La raison en est que pour
une interrogation Rabi, dans le meilleur des cas la résonance et les raies voisines
peuvent avoir une largeur identique et égale à la largeur du laser d’interrogation ∆.
C’est en faisant cette hypothèse qu’on a utilisé la formule donnant le déplacement
δνpull =

√
r ∆2

δ précédemment. En revanche, pour passer en interrogation Ramsey,
deux largeurs entrent en jeu : d’une part la largeur typique des franges, de l’ordre
de 1/T où T est la durée séparant les deux impulsions, et d’autre part la largeur
de l’enveloppe, en 1/t où t est la durée d’une impulsion. De plus il faut au moins
se placer dans une situation où T = 10t. Si le laser d’horloge a une largeur de raie
de 1 Hz, alors ce sera également au mieux la largeur de la frange centrale, mais
c’est par contre l’enveloppe de la résonance voisine qui aura un effet de "pulling".
A largeur de laser équivalente, cet effet est donc 10 fois plus important dans le cas
d’une interrogation Ramsey.

Si on considère le cas des bandes latérales associées au mouvement transverse
des atomes considéré précédemment, le déplacement par "pulling" pour une ré-
sonance de 1 Hz de large et une fréquence d’oscillation transverse de 500 Hz a
été évalué à 2.5×10−18 en valeur relative pour une interrogation Rabi. Maintenir
ce niveau de déplacement dans le cas d’une interrogation Ramsey nécessite donc
une fréquence de piégeage de l’ordre de 5 kHz. Avec un piège unidimensionnel,
cela nécessiterait une intensité laser très importante, et incompatible avec notre
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objectif de contrôle du déplacement lumineux. En revanche un passage à un piège
tridimensionnel pourrait résoudre le problème, puisque même à une profondeur
de piège de 10 Er, la fréquence d’oscillation longitudinale est de 22 kHz.

Dans le cas du déplacement provoqué par les raies Zeeman adjacentes, le pro-
blème se pose en terme de champ magnétique. Avec un champ de 1 G, l’effet
du "pulling" a été évalué à 10−17, donc une interrogation de type Ramsey met-
trait en péril les objectifs d’exactitude de l’horloge. Pour compenser cette perte
d’exactitude, on peut augmenter le champ magnétique à 10 G, ce qui n’est pas
sans conséquences. D’une part le déplacement Zeeman du premier ordre est de
1.1 kHz entre raies voisines. Malgré la technique d’interrogation utilisée, cela im-
plique qu’il faut contrôler cet effet au niveau de 10−6 pour rester en accord avec
une incertitude de 10−17. D’autre part, l’effet Zeeman du second ordre gagne deux
ordres de grandeur, il faut donc contrôler cet effet 100 fois mieux pour avoir une
incertitude équivalente à celle lors d’une interrogation Rabi. En réalité, il sera
montré au chapitre 5 qu’un contrôle au niveau du mG est réalisé, ce qui suffit à ra-
mener l’effet du second ordre dans la gamme de 10−18. Contrairement au niveau
de ces déplacement présentés dans [57] pour des horloges à ion piégé, l’incerti-
tude liée au passage d’un type d’interrogation à l’autre dans le cas d’horloges à
réseau optique intervient à un niveau proche de l’exactitude ultime visée par ces
horloges et peut donc se révéler un facteur limitant à terme.
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Chapitre 3

Le laser d’horloge à 698 nm : un
laser ultra-stable

3.1 Pourquoi un laser ultra-stable ?

Les caractéristiques du laser d’interrogation interviennent à plusieurs niveaux
dans les performances d’une horloge optique. En ce qui concerne la stabilité de
l’horloge, deux paramètres sont importants : le facteur de qualité de la transition
et le rapport signal à bruit. En comparaison des fontaines atomiques, qui pré-
sentent des stabilités typiques de l’ordre 10−14τ−1/2, le passage à une fréquence
optique devrait permettre d’atteindre, toutes choses égales par ailleurs, la gamme
des 10−18τ−1/2. Pour cela, il faut être capable d’observer des résonances aussi
fines que dans les fontaines, à savoir de l’ordre du Hz. On est actuellement ca-
pable de réaliser des lasers ayant cette finesse spectrale [82] en utilisant plusieurs
étapes de stabilisation des lasers. En ce qui concerne l’horloge à 87Sr, les seuls la-
sers commerciaux actuellement disponibles à 698 nm sont des diodes lasers, dont
la largeur peut varier entre quelques MHz et quelques dizaines de MHz. Monté sur
une cavité étendue, le laser d’horloge a toujours une largeur de l’ordre de 150 kHz,
ce qui nécessite un ou plusieurs asservissements supplémentaires de type Pound-
Drever-Hall qui sont présentés dans ce chapitre.

Même avec une largeur de raie du laser d’interrogation de 1 Hz (qui corres-
pond à une facteur de qualité Q = ν0/δν = 4× 1014 pour le 87Sr), une stabilité
de 10−18 après 1 s d’intégration n’est cependant pas atteinte automatiquement. La
raison est qu’il est difficile d’atteindre la limite quantique pour la stabilité, le rap-
port signal à bruit étant dégradé par l’effet Dick [121] présenté dans le chapitre
précédent. Cet effet se manifeste par le biais de plusieurs facteurs : le rapport cy-
clique de l’horloge, qui est le rapport entre la durée d’interrogation et la durée
d’un cycle, le bruit de fréquence du laser et la méthode d’interrogation. Une ma-
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nière d’améliorer le rapport cyclique est d’effectuer une interrogation longue, et
donc de disposer d’un laser ayant un grand temps de cohérence, ce qui rejoint le
besoin d’avoir un laser très fin spectralement. Utiliser une interrogation de type
Ramsey peut alors s’avérer également avantageuse lorsque le rapport cyclique est
proche de 1. Le spectre des fluctuations de fréquence du laser peut quant à lui être
amélioré en stabilisant le laser et en filtrant le bruit basse fréquence, associé essen-
tiellement aux vibrations mécaniques et acoustiques. Il a été montré qu’un palier
de bruit blanc de fréquence de 10−2 Hz2/Hz à partir de 100 Hz, est compatible
avec une stabilité de l’horloge de 10−16τ−1/2 [122].

En ce qui concerne l’exactitude de l’horloge, on a vu au chapitre précédent
que la largeur des résonances intervient pour calculer l’effet de "pulling" des ré-
sonances voisines sur la résonance de transition (que ce soient des bandes latérales
issues du piégeage ou des raies Zeeman voisines). On a donc également intérêt à
avoir un laser aussi fin que possible pour limiter ces effets, et ce quelle que soit la
méthode d’interrogation. Ce chapitre présente les différentes étapes de stabilisa-
tion qui ont été imposées au laser d’horloge afin de prendre en compte au mieux
ces différentes contraintes, ainsi qu’un dispositif permettant de conserver la pureté
spectrale du laser lors du processus de mesure.

3.2 Diode laser à cavité étendue fonctionnant avec
un filtre interférentiel

3.2.1 Principe
Pour réduire dans un premier temps la largeur de raie, de l’ordre de quelques

MHz, de la diode laser commerciale à 688 nm qui a été utilisée pour réaliser le
laser d’horloge, la méthode la plus communément utilisée est de la monter dans
une cavité étendue (typiquement quelques cm de long). Grâce à cette cavité, dont
la longueur peut être contrôlée à l’aide d’une cale piézoélectrique, on augmente
la durée de vie des photons (et l’énergie stockée) et diminue ainsi la largeur spec-
trale du laser. D’autre part, en ajoutant dans la cavité un élément optique sélectif
en longueur d’onde, on peut contrôler plus précisément le mode d’émission. Gé-
néralement on utilise un réseau de diffraction (configuration Littrow) qui joue les
deux rôles : il sélectionne la longueur d’onde et ferme la cavité, l’ordre -1 de dif-
fraction étant renvoyé vers la diode laser. Cependant cette configuration présente
plusieurs inconvénients. D’une part, l’alignement d’un tel dispositif est critique,
et un changement d’orientation du réseau déplace le faisceau de sortie. D’autre
part, le réseau provoque des pertes importantes qui limitent la puissance de sortie
et l’accordabilité. Enfin, ce dispositif est très sensible aux fluctuations de pression
et de température qui viennent modifier l’indice optique dans la cavité et donc la
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longueur d’onde sélectionnée1.
Afin de remédier au mieux à ces contraintes, une idée originale a été dévelop-

pée, consistant à séparer les fonctions de sélection en longueur d’onde et d’aligne-
ment de la cavité : on utilise une cavité indépendante dont le couplage peut être
ajusté à l’aide d’une lame de sortie semi-réfléchissante, et un élément sélectif en
longueur d’onde placé dans la cavité, en l’occurrence un filtre interférentiel. Ce
principe a d’abord été utilisé pour les longueurs d’onde télécom [124] (avec des
filtres de largeur 2 nm et de transmission maximale 70%), mais a été réactualisé au
SYRTE pour les longueurs d’onde visible et proche infra-rouge [125] à l’aide de
filtres de seulement 0.3 nm de large et une transmission atteignant les 90%. Avec
une telle largeur, il est possible de sélectionner un seul mode du laser, alors qu’un
filtre de 2 nm ne permettrait pas d’avoir un laser monomode. Le filtre est d’autre
part durci et traité de manière à pouvoir être utilisé aussi bien à pression ambiante
que sous vide : la sélection de longueur d’onde n’est dans ce cas plus sensible aux
fluctuations d’indice dans la cavité, ni à l’humidité.

Le montage est schématisé sur la figure 3.1. Une lentille de collimation (LC)
est placée juste derrière la diode laser (DL), avec une petite longueur focale (3 mm)
et une grande ouverture numérique (environ 0.6). A l’autre extrémité de la cavité,
le coupleur de sortie (CS) est une lame partiellement réfléchissante (dont on peut
choisir la réflectivité) montée sur un transducteur piézoélectrique (PZT) qui per-
met de contrôler la longueur de la cavité. Afin de faciliter les alignements et de
diminuer la sensibilité, cette lame de sortie est placée dans un système en oeil de
chat réalisé par les lentilles L1 et L2. De cette façon, le système est moins sen-
sible à une éventuelle rotation de la lame de sortie. Enfin, au milieu de la cavité,
on a placé le filtre interférentiel (FI). Grâce à ce système, il est possible d’opti-
miser séparément la sélection en longueur d’onde (en modifiant l’angle entre le
faisceau et le filtre) et la rétroaction dans la cavité (en sélectionnant la réflectivité
de la lame de sortie). Comme l’élément sélectif en longueur d’onde a un fort co-
efficient de transmission, ce dispositif permet de diminuer les pertes par rapport
à une configuration Littrow. Cet argument est particulièrement important dans le
cas de l’horloge au 87Sr : la longueur d’onde du laser d’horloge est de 698 nm,
alors que les diodes commerciales les plus proches sont spécifiées vers 688 nm.
Pour atteindre une longueur d’onde située ainsi à la limite de ce qui est accessible
avec une telle diode, il est primordial de disposer de la puissance la plus élevée
possible.

1Ce paramètre est d’un intérêt particulier pour la conception d’horloges destinées à aller dans
l’espace (comme PHARAO) : l’indice de réfraction est modifié d’environ 3×10−4 lorsqu’on passe
de la pression ambiante au vide, ce qui se répercute par un déplacement de la longueur d’onde
d’environ 0.2 nm à 698 nm. Il est primordial d’utiliser un dispositif qui ne se dérègle pas avec les
changements de pression.
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DL FI L1 L2PZTCSLC

θ

FIG. 3.1 – Principe de fonctionnement du laser à cavité étendue utilisant un filtre inter-
férentiel. DL : diode laser ; LC : lentille de collimation ; FI : filtre interférentiel ; L1, L2 :
lentilles ; CS : coupleur de sortie ; PZT : transducteur piézoélectrique.

3.2.2 Description du filtre

Le filtre a été commandé auprès de la société Research Electro-Optics. C’est
une lame mince composée d’un empilement de couches diélectriques et d’un trai-
tement anti-reflet adapté qui ont pour effet de provoquer des interférences mul-
tiples. Il se comporte comme une lame qui aurait un indice de réfraction effectif
ne f f . La condition d’interférences constructives dans ce cas se traduit par la for-
mule

λ = λmax

√
1− sin2 θ

n2
e f f

, (3.1)

où θ est l’angle d’incidence, λ la longueur d’onde transmise, et λmax la longueur
d’onde transmise à incidence normale. Les filtres commandés ont été spécifiés
pour transmettre la longueur d’onde 698.4 nm pour un angle d’incidence de 6 ◦,
avec un pic de transmission à 90% et une largeur à mi-hauteur du pic de 0.2 nm.
L’angle a été spécifié pour permettre une accordabilité de part et d’autre de sa
valeur tout en restant petit. Ainsi on est peu sensible au déplacement du faisceau
lorsqu’on modifie l’angle du filtre et la partie réfléchie par le filtre n’est pas ren-
voyée dans la diode. La largeur du filtre en longueur d’onde représente un peu plus
de deux fois l’écart entre deux modes de la diode laser, ce qui est donc suffisant
pour discriminer un unique mode dans la cavité et assurer l’émission monomode
du laser.

La longueur d’onde λmax et l’indice de réfraction ne f f ont été mesurés en no-
tant l’angle de transmission maximale pour deux longueurs d’onde incidentes
(λ = 689.5 nm et λ = 692.2 nm) et en utilisant la formule 3.1. Les courbes de
transmission en fonction de l’angle d’incidence sont tracées pour ces deux lon-
gueurs d’onde en figure 3.2. La transmission maximale est de 90% et la largeur à
mi-hauteur de 0.32 ◦ dans le cas le plus défavorable, ce qui correspond, ramené en
longueur d’onde, à une largeur de 0.34 nm, une valeur toujours plus faible que l’es-
pacement entre deux modes successifs. On déduit de ces mesures λmax = 701.1 nm
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et ne f f = 1.84. On a pu également calculer la valeur de l’angle d’incidence pour
la longueur d’onde 698.4 nm en extrapolant les mesures, et il est de l’ordre de 9 ◦.

(a) (b)

FIG. 3.2 – Transmission du filtre pour un faisceau à 689.5 nm (a) et à 692.2 nm (b) en
fonction de l’angle d’incidence relatif. Le filtre transmet 90% de la puissance incidente à
l’angle d’utilisation optimale. La largeur spectrale du pic de transmission est de 0.34 nm
à 692.2 nm et encore plus faible à 689.5 nm.

Différents tests ont été effectués sur le filtre afin d’en connaître plus précisé-
ment les caractéristiques. En variant la polarisation du faisceau incident, on ob-
serve une évolution sinusoïdale de la transmission entre 89% pour une polarisation
parallèle à l’axe d’inclinaison du filtre et 75% pour la polarisation orthogonale. La
transmission a été mesurée également après translation du filtre dans le plan trans-
verse. Elle tombe à 40%au bord du filtre, mais peut être ramenée à 70% en ajustant
l’angle d’incidence d’une valeur de 0.6 mrad (voir figure 3.3). Enfin, le filtre a été
testé à pression atmosphérique et à une pression de 10−4 Pa. La valeur de λmax n’a
pas été modifiée par ce processus.

3.2.3 Comparaison avec un dispositif à réseau

Les avantages du laser à cavité étendue à filtre par rapport au système à ré-
seau résident essentiellement dans une diminution de la sensibilité, et donc une
meilleure stabilité du dispositif. En ce qui concerne la sélection en longueur d’onde,
l’équation 3.1 donne la condition de transmission pour le filtre interférentiel. On
peut facilement calculer l’effet d’un petit changement de l’angle du faisceau avec
les paramètres calculés précédemment : dλ/dθ = −21.5 pm/mrad. Dans le cas
d’un laser à réseau, la sélection se fait selon la loi de Bragg λ = 2d sinθ où d
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FIG. 3.3 – Transmission du filtre en fonction de sa position transverse. Les cercles blancs
représentent la transmission lorsque l’angle du filtre est laissé tel quel. Les cercles noirs
correspondent à la transmission obtenue après réoptimisation de l’angle. On arrive a re-
trouver une transmission d’au moins 70%.

est l’espacement entre les traits du réseau et θ l’angle d’incidence. Des valeurs ty-
piques pour les diodes à réseau utilisées dans le visible et le proche infrarouge sont
d−1 = 1200 traits/mm et θ = 30◦. On obtient alors dλ/dθ =−1.4 nm/mrad, soit
65 fois plus qu’avec un filtre. Une des raisons de cette différence vient du fait que
la sélectivité du réseau de diffraction dépend de l’angle d’incidence. Il faut donc
utiliser un angle θ important pour avoir une bonne sélectivité, et on augmente de
ce fait la sensibilité angulaire du dispositif. La largeur du pic de transmission du
filtre interférentiel, au contraire, est indépendante de l’angle d’incidence et permet
d’utiliser des angles faibles.

Le défaut d’alignement a également un effet sur la rétroaction de la cavité, in-
dépendamment de la modification de la longueur d’onde transmise. La rétroaction
F est définie comme l’intégrale de recouvrement du champ électrique incident et
renvoyé par le coupleur de sortie au niveau de la diode laser. Comme ce calcul ne
dépend pas du nombre de lentilles dans la cavité, il peut directement s’écrire en
termes de champ électrique incident Ei et réfléchi Er au niveau du coupleur de sor-
tie : F = R−1|∫ ∫

E∗i Erdxdy|2, où R est la réflectivité du coupleur de sortie (lame
semi-réfléchissante ou réseau). En partant d’une situation initiale où le faisceau
incident est parfaitement aligné sur le coupleur de sortie avec un rayon w0 à 1/e2,
on peut envisager deux cas de figure : le coupleur de sortie est tourné d’un petit
angle α , ou bien il est déplacé d’une quantité δ le long de l’axe optique. Dans le
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premier cas, la rétroaction s’écrit [124]

F = exp[−(απw0/λ )2], (3.2)

et dans la limite où α → 0, on trouve

∂ 2F
∂α2 =−2π2w2

0
λ 2 . (3.3)

Dans le second cas, le rayon de courbure du faisceau réfléchi devient r = 2δ +
z2

R/(2δ ) et son rayon à 1/e2 est w = w0
√

1+(zR/(2δ ))2, où zR = πw2
o/λ est la

longueur de Rayleigh. La rétroaction s’écrit alors

F = (1+
δ 2λ 2

π2w4
0
)−1, (3.4)

et quand δ → 0,
∂ 2F
∂δ 2 =− 2λ 2

π2w4
0
. (3.5)

La rétroaction est donc uniquement influencée par la valeur du rayon w0. On peut
voir à nouveau l’avantage du système à filtre interférentiel. Dans le cas d’un la-
ser à réseau, la sélection en longueur d’onde est d’autant meilleure qu’on utilise
un faisceau ayant une grande extension spatiale (puisque la distribution en vec-
teur d’onde est d’autant plus fine). On impose ici une taille de faisceau d’environ
1 mm. On obtient donc une grande sensibilité à la rotation du coupleur de sortie :
un angle α = 100 µrad diminue F de 10%. Par contre le déplacement longitudi-
nal est presque sans effet, un effet similaire nécessitant un déplacement δ = 1 m.
Dans le cas du laser à filtre, la taille du faisceau peut être choisie assez librement
grâce au système en oeil de chat. En choisissant un rayon w0 de l’ordre de 10 µm,
les valeurs diminuant F de 10% sont respectivement α = 9 mrad et δ = 0.1 mm
et représentent des déplacements largement supérieur à ceux provoqués par les
instabilités du système (pression, température, etc...).

3.2.4 Caractéristiques du laser à cavité étendue à 698 nm
Des tests ont été effectués pour déterminer la plage de longueur d’onde acces-

sible par un tel dispositif. La diode laser utilisée est une diode CircuLaser spécifiée
à 688 nm capable de délivrer une puissance de 30 mW pour un courant d’alimen-
tation de 100 mA. Pour balayer la longueur d’onde de la diode à cavité étendue, on
a joué sur l’angle d’incidence du faisceau sur le filtre, la température de la diode
ainsi que sur le coefficient de réflexion de la lame de sortie. La longueur d’onde
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minimale obtenue est 679 nm avec une lame de sortie ayant un coefficient de ré-
flexion de 40%, et une température de 19 ◦C. Dans cette configuration, une puis-
sance de sortie de 4 mW a été obtenue pour un courant d’alimentation de 60 mA.
Cette longueur d’onde n’est pas la limite basse du dispositif, mais pour des angles
plus importants le faisceau était diaphragmé par la monture du filtre. A l’opposé,
la longueur d’onde de 700 nm a été atteinte avec plus de difficulté. On se situe
dans ce cas sur le bord de la courbe de gain de la diode libre et les performances
sont moins bonnes. À 698 nm, la meilleure configuration a été atteinte pour un
lame de sortie réfléchissante à 50% et une température de 40 ◦C. La puissance de
sortie est alors d’environ 2 mW pour un courant d’alimentation de 57 mA. On a
pu dépasser cette longueur d’onde avec un coefficient de réflexion de 60%, mais
au détriment de la puissance de sortie. Avec une lame à 40%, la diode n’émet pas
à 698 nm. Il est à noter qu’avec une diode équivalente, le précédent montage avec
une cavité à réseau permettait également d’atteindre 698 nm, mais avec une puis-
sance moindre, de l’ordre de la centaine de µW. Ceci est principalement dû à la
criticité du réglage ainsi qu’aux pertes plus importantes d’un tel dispositif.

L’accordabilité du laser avec ce système est aussi améliorée. Pour des lon-
gueurs d’onde situées dans la partie centrale de la courbe de gain, il est pos-
sible d’accorder le laser sur environ 70 GHz en ayant des modes d’émission très
propres. A 698 nm, l’accordabilité descend à 40 GHz. La netteté des modes d’émis-
sion est aussi dégradée, mais reste largement suffisante pour avoir un laser pur
spectralement.

3.3 Le laser ultra-stable

En dehors du contrôle des effets systématiques au niveau requis, les perfor-
mances de l’horloge sont fortement dépendantes de l’oscillateur qui permet l’in-
terrogation des atomes. Cela nécessite donc d’être capable de produire un laser
aussi fin spectralement que possible, idéalement avec une largeur de raie infé-
rieure à 1 Hz, et de l’isoler au mieux des perturbations extérieures, notamment
aux vibrations à basse fréquence (dans la gamme inférieure à 10 Hz) qui sont les
principales responsables de la dégradation de stabilité par effet Dick. Partant d’un
laser d’une largeur de 150 kHz, ce travail demande de recourir aux meilleures
techniques de stabilisation et représente un défit technique important. La tech-
nique d’asservissement Pound-Drever-Hall sur une cavité de très grande finesse
est le meilleur moyen d’y parvenir, mais un travail supplémentaire d’isolation des
perturbations mécaniques extérieures est également indispensable afin de stabili-
ser la cavité elle-même.
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3.3.1 La cavité ultra-stable
Description

La cavité sur laquelle a été asservi le laser est un Fabry-Pérot de finesse 24 500.
Elle est longue de 10 cm, son intervalle spectral libre est νISL=1.5 GHz et la lar-
geur des modes de résonance est de 61 kHz. Elle est constituée de deux miroirs
concaves de rayon de courbure 50 cm contactés optiquement sur un barreau de
verre ULE (ultra-low expansion glass, un verre qui a un très faible coefficient
d’expansion thermique à température ambiante) évidé en son centre. Pour des
températures comprises entre 5 et 35 ◦C, ce coefficient est spécifié en valeur rela-
tive à 0±1×10−10 /K.

La cavité est placée dans une enceinte ultra-vide. Une pompe ionique per-
met d’atteindre une pression à l’intérieur de l’enceinte de 2.10−7 Pa. Ce dispo-
sitif a plusieurs avantages. Il permet de minimiser les fluctuations de l’indice de
réfraction et limite ainsi les déplacements de fréquence des modes de la cavité.
C’est aussi un moyen efficace de s’affranchir des perturbations acoustiques et ther-
miques. Enfin, la cavité est entourée de trois blindages thermiques en Dural qui
permettent de filtrer efficacement les fluctuations de température. D’autre part, un
fil chauffant est enroulé sur l’enceinte extérieure de la cavité et un asservissement
électronique permet de maintenir constante la température de surface. Les varia-
tions de température interviennent alors à basse fréquence, et on peut observer des
oscillations de la fréquence de la cavité avec une constante de temps de l’ordre du
jour. Dans l’enceinte, la cavité repose sur des supports en Viton, un matériau qui
absorbe les vibrations mécaniques haute fréquence. Les hublots qui permettent
d’amener le faisceau lumineux présentent un petit angle par rapport à l’axe de la
cavité afin de limiter les effets d’interférence à l’intérieur de l’enceinte.

Mesure de la fréquence de la cavité

La fréquence de la cavité fluctue au cours du temps. Ces fluctuations sont
de deux types : des fluctuations court terme (visibles sur des durées de quelques
jours) qui correspondent aux fluctuations de température de l’enceinte, et une dé-
rive à long terme dont l’origine est probablement la relaxation au cours du temps
du matériau qui constitue la cavité. On a pu accéder à une mesure de la fréquence
de la cavité de deux manières. D’une part, pendant les campagnes de mesure, la
fréquence de la cavité a été mesurée en continu par un peigne de fréquence fem-
toseconde référencé sur les fontaines atomiques du laboratoire afin d’obtenir la
fréquence absolue de la cavité. Le principe de cette mesure sera expliqué dans
le chapitre 5. La figure 3.4 montre l’évolution de la fréquence de la cavité pen-
dant la campagne d’évaluation de l’horloge de novembre 2006 sur une durée d’un
peu plus de deux jours. La variation de fréquence atteint 88 mHz/s au plus fort
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de la dérive, soit une valeur d’environ 2×10−16 /s. La fréquence est actuellement
mesurée une fois par seconde.
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FIG. 3.4 – Fluctuations de la fréquence de la cavité ultra-stable sur une durée de deux
jours. La dérive maximale, représentée par l’ajustement linéaire tracé en rouge, corres-
pond à 88 mHz/s.

La figure 3.5 montre la dérive long terme de la cavité tout au long de l’an-
née 2006. La cavité n’étant pas évaluée en continu par le peigne de fréquence, la
mesure a été effectuée à partir de la fréquence atomique. En effet, même lorsque
la fréquence absolue n’est pas mesurée, on mesure la fréquence de la transition
atomique par rapport à la cavité. En utilisant la mesure la plus récente (également
présentée dans le chapitre 5), on a pu donner une valeur de la fréquence de la
cavité associée par exemple à chaque résonance atomique observée lors de nos
différents réglages de l’horloge. La courbe obtenue montre une dérive linéaire de
la fréquence qui correspond à environ 25 mHz/s.

3.3.2 Principe de l’asservissement de Pound-Drever-Hall
Cet asservissement, développé par R.V. Pound pour un oscillateur micro-onde,

a été étendu au domaine optique par R. Drever et J. Hall [126]. Il consiste à mo-
duler la phase du laser à asservir et à produire un signal d’erreur à partir de la
porteuse et des premières bandes latérales réfléchies.



3.3. LE LASER ULTRA-STABLE 101

0 50 100 150 200 250 300 350
-600

-500

-400

-300

-200

-100

0

100
ca

v - 
42

9 
22

7 
79

1 
65

0 
[k

H
z]

Jour (année 2006)

FIG. 3.5 – Dérive long terme de la fréquence de la cavité sur l’année 2006. La droite
représente une estimation de la dérive moyenne, qui vaut 25 mHz/s.

Soit ωl la pulsation propre du champ laser, et Ω la fréquence de modulation.
On peut écrire le champ modulé en phase sous la forme :

Em(t) = E0ei[ωlt+β sin(Ωt)] (3.6)

où β est l’indice de modulation. On peut réécrire le champ en utilisant les fonc-
tions de Bessel Jn(β ) :

Em(t) = E0

+∞

∑
n=−∞

Jn(β )ei(ωl+nΩ)t (3.7)

La valeur de l’indice de modulation est prise voisine de 1 pour optimiser le signal
d’erreur, ce qui signifie que les seules fonctions de Bessel ayant une valeur signifi-
cative sont celles d’ordre 0 et ±1. D’autre part, on a la relation J−1(β ) =−J1(β ),
ce qui permet d’écrire plus simplement :

Em(t)' E0[J0(β )eiωlt + J1(β )ei(ωl+Ω)t − J1(β )ei(ωl−Ω)t ] (3.8)

Le champ laser a donc essentiellement trois composantes fréquentielles : la por-
teuse, à la pulsation ωl , et deux bandes latérales de part et d’autre de la porteuse
aux pulsations ωl±Ω.
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Le champ modulé est ensuite couplé dans une cavité Fabry-Pérot. L’asservis-
sement se faisant en détectant le signal réfléchi par la cavité, on utilise l’expression
du coefficient de réflexion de la cavité, défini comme le rapport du champ incident
sur le champ réfléchi :

R(ωi) = r
1− e−iωi/νISL

1− r2e−iωi/νISL
(3.9)

où ωi est la pulsation de l’onde incidente, r est le coefficient de réflexion en am-
plitude des miroirs de la cavité et νISL = 2πc/L est l’intervalle spectral libre de la
cavité. On obtient alors pour l’expression du champ réfléchi par la cavité :

Er(t) = E0[R(ωl)J0(β )eiωlt +R(ωl +Ω)J1(β )ei(ωl+Ω)t

−R(ωl−Ω)J1(β )ei(ωl−Ω)t ]
(3.10)

L’intensité du champ réfléchi est alors détectée sur une photodiode à avalanche :

I(t) = |Er(t)|2
= Ip|R(ωl)|2 + Il[|R(ωl +Ω)|2 + |R(ωl−Ω)|2

+2
√

IpIl{ℜ[R(ωl)R∗(ωl +Ω)−R∗(ωl)R(ωl−Ω)]cos(Ωt)
−ℑ[R(ωl)R∗(ωl +Ω)−R∗(ωl)R(ωl−Ω)]sin(Ωt)}
+(termes en 2Ω) (3.11)

où Ip et Il représentent respectivement l’intensité répartie dans la porteuse et les
bandes latérales :

Ip = J0(β )2|E0|2
Il = J1(β )2|E0|2 (3.12)

La largeur des modes de la cavité étant de 61 kHz et les bandes latérales étant
situées à 50 MHz de la porteuse sur notre montage, on peut considérer que lorsque
la porteuse est proche de résonance, les bandes latérales sont totalement réfléchies.
On pose donc R(ωl±Ω)' 1 ce qui fait qu’on obtient un facteur purement imagi-
naire :

R(ωl)R∗(ωl +Ω)−R∗(ωl)R(ωl−Ω)' 2iℑ[R(ωl)] (3.13)

Le terme en cos de l’équation 3.11 s’annule grâce à cette relation. Après démodu-
lation de l’intensité détectée par la photodiode à la fréquence Ω/2π , on obtient le
signal d’erreur :

ε =−2
√

IpIlℑ[R(ωl)R∗(ωl +Ω)−R∗(ωl)R(ωl−Ω)] (3.14)
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Pour obtenir un signal d’erreur maximal (en négligeant les bandes latérales d’ordre
supérieur), il faut que

√
IpIl soit maximal. Comme |Em(t)|2 = Ip +2Il , il faut choi-

sir Ip = 2Il , c’est à dire qu’il faut une intensité dans la porteuse double de celle
dans chaque bande latérale. La courbe donnant ce signal d’erreur est tracée sur la
figure 3.6.
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FIG. 3.6 – Signal d’erreur de l’asservissement en fonction de la différence entre la fré-
quence du laser et la fréquence d’un mode du Fabry-Pérot.

3.3.3 Montage expérimental
Le schéma du montage expérimental est tracé en figure 3.7. Pour effectuer

l’asservissement, on prélève environ 40 µW du faisceau émis par le laser à cavité
étendue (LCE). Compte tenu de la finesse de la cavité, le facteur de surtension
à l’intérieur de la cavité est important et une puissance plus importante pourrait
détériorer les miroirs et provoquer des effets thermiques. Cette puissance est de
toute façon suffisante pour supprimer la sensibilité au bruit de grenaille des pho-
tons. A 698 nm, une telle puissance correspond à un flux de 1014 photons/s et le
bruit associé est de 10−7 en valeur relative. Sachant que la largeur des modes de
la cavité est de 61 kHz, ce bruit peut provoquer une fluctuation de la fréquence
de l’ordre de 10−17 en valeur relative qui est largement supérieure à la résolution
actuelle de l’horloge. Le faisceau est ensuite modulé en phase à 50 MHz grâce
à un modulateur électro-optique (MEO). Afin d’éviter le couplage entre modu-
lation de phase et d’amplitude, on a d’abord placé un polariseur de Glan et une
lame demi-onde (lame λ/2) afin de contrôler très proprement la polarisation du
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faisceau. La puissance envoyée dans le MEO a été optimisée pour répartir la puis-
sance entre la porteuse et les bandes latérales de manière à maximiser la pente
du signal d’erreur. Le faisceau est ensuite envoyé vers la cavité Fabry-Pérot dans
laquelle on couple 80% de la lumière après adaptation de mode. La partie réflé-
chie est séparée à l’aide d’une lame quart d’onde (lame λ/4) et d’un cube sé-
parateur de polarisation. Elle est détectée par une photodiode à avalanche (PDA)
de 200 µm de diamètre qui permet de détecter des signaux dont les fluctuations
sont limitées pas le bruit de grenaille. Afin de ne pas introduire de fluctuations
supplémentaires, elle est située dans un blindage radio-fréquence qui permet de
filtrer un éventuel signal à 50 MHz provenant directement du MEO. L’ouverture
pour la photodiode est conçue spécialement pour qu’il n’y ait aucun mode guidé
à 50 MHz, et des filtres radio-fréquence ont été rajoutés au niveau de toutes les
connexions électriques. Le signal obtenu est alors démodulé à 50 MHz pour gé-
nérer le signal d’erreur. Un filtre passe-bas et un circuit proportionnel-intégrateur
permettent ensuite de traiter le signal d’erreur, qui va servir à modifier d’une part
le courant d’injection de la diode et d’autre part, après un second intégrateur, la
tension appliquée à la cale piézoélectrique qui contrôle finement la longueur de la
cavité étendue. La bande passante de l’asservissement est de 3 MHz. Une fois cet
asservissement optimisé, le laser à 698 nm peut rester verrouillé sur un mode de
la cavité pendant plusieurs jours.

DLCE

698 nm
IO

Cavité

ultra-stable

λ/4

Ampli

Quartz

50 MHz
Déphaseur MEO

Interrogation des atomes

Mesure de fréquence

Lentilles d'adaptation

de mode
PDA

λ/2

Polariseur de Glan

λ/2

FIG. 3.7 – Schéma du montage de l’asservissement Pound-Drever-Hall. DLCE : diode
laser à cavité étendue ; IO : isolateur optique ; MEO : modulateur élecro-optique ; PDA :
photodiode à avalanche.
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3.3.4 Évaluation du spectre de bruit du laser asservi
Une évaluation du spectre de bruit du laser asservi sur la cavité a été effectuée

par la suite. Une deuxième cavité Fabry-Pérot, de finesse 27 000 et montée dans
une enceinte à vide identique, a été utilisée pour mesurer ce bruit. Le faisceau issu
du laser asservi est envoyé à l’aide d’une fibre optique vers la deuxième cavité qui
se trouve sur une deuxième table optique afin que les vibrations mécaniques des
deux cavités soient découplées. On s’est assuré que le bruit apporté par la fibre
était inférieur à 1 rad/s

√
Hz et était par conséquent négligeable. À l’aide d’un mo-

dulateur acousto-optique (MAO) en double passage, on a pu décaler la fréquence
du laser de manière à ce qu’il soit résonant avec la deuxième cavité (les modes
des deux cavités sont séparés d’environ 300 MHz). En couplant le faisceau dans
la deuxième cavité, on est alors capable de produire un signal d’erreur par la même
méthode que pour l’asservissement. Une étude de ce signal à l’aide d’un analyseur
de spectre FFT a permis d’évaluer la densité spectrale de bruit de fréquence Sν( f )
du laser asservi.

La figure 3.8 montre le spectre de bruit obtenu pour des fréquences allant de
1 Hz à 50 kHz pour le laser libre et le laser asservi. L’atténuation par l’asservis-
sement est en moyenne de 60 dB, et on atteint pour le laser asservi un palier de
bruit blanc à 2×10−1 Hz2/Hz pour des fréquences allant de 100 Hz à 10 kHz. La
zone comprise entre 1 Hz et 100 Hz correspond à du bruit induit par les vibrations
mécaniques et peut être améliorée en utilisant un système d’isolation des vibra-
tions. Pour remédier à ce problème, le banc optique a été monté sur une table
de compensation active (HWL) des vibrations amenées par le sol. De plus, l’en-
semble a été enfermé dans un caisson en aluminium de façon à isoler le montage
des perturbations acoustiques et aussi de permettre de réduire les fluctuations de
température une fois l’équilibre thermique atteint.

Une évaluation de la largeur de raie ∆ν du laser ultra-stable a été obtenue à
partir du spectre de bruit de fréquence et en utilisant la formule [127]

∫ ∞

∆ν/2
Sφ ( f )d f =

2
π

(3.15)

où Sφ ( f ) = Sν( f )/ f 2 est la densité spectrale des fluctuations de phase du laser.
On obtient ainsi une largeur de raie ∆ν ' 30 Hz. Après isolation du banc optique,
la largeur de raie du laser est d’environ 10 Hz d’après la largeur des résonances
atomiques les plus fines qui ont été observées.

3.4 Dispositif d’annulation du bruit de phase
Afin de mesurer de manière absolue la fréquence du mode de la cavité uti-

lisé pour asservir le laser, nous utilisons un peigne de fréquence issu d’un laser
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FIG. 3.8 – Densité spectrale de bruit de fréquence pour le LCE libre (courbe du dessus) et
asservi sur la cavité ultra-stable (en dessous). L’atténuation du bruit par l’asservissement
est au moins de 60 dB. Le laser asservi atteint un palier de bruit blanc de fréquence à 2×
10−1 Hz2/Hz pour des fréquences supérieures à 100 Hz. Le bruit a plus faible fréquence
est essentiellement dû aux perturbations acousto-mécaniques.

femtoseconde. Pour avoir la puissance nécessaire à la mesure, une partie du fais-
ceau issu du LCE est prélevée pour injecter une diode laser esclave qui produit
quelques mW à 698 nm. Le faisceau est alors envoyé vers le laser femtoseconde
par une fibre optique de 50 m de long. Si une fibre de quelques mètres de longueur
ne dégrade pas notablement la pureté spectrale du laser ultra-stable, il n’en est pas
de même pour cette fibre. En effet, sur un trajet de 50 m, la fibre est soumise à
de multiples contraintes mécaniques et thermiques, et cela a pour effet d’ajouter
du bruit de phase au bruit du laser, dégradant par là même un signal primordial
pour l’horloge. Pour compenser cet effet, un système d’asservissement a été mis
en place pour corriger en temps réel le décalage en fréquence provoqué par cette
accumulation de bruit de phase. Le montage initial a été réalisé par Emmanuel
Mimoun.

3.4.1 Principe du dispositif
Le système mis en place permet de mesurer et de compenser le décalage de

fréquence induit par le passage dans la fibre. Pour mesurer le bruit, il suffit de faire
battre le faisceau non perturbé, à la fréquence f0, avec le faisceau ayant traversé
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la fibre qui est décalé de la fréquence fr. En fait, ce battement n’est pas direc-
tement accessible car les faisceaux avant et après la fibre sont situés dans deux
pièces différentes. La solution la plus simple est donc de rétro-réfléchir une partie
du faisceau en sortie de fibre et de récupérer le signal ayant fait un aller-retour.
En supposant qu’il accumule le même bruit de phase à l’aller et au retour (hy-
pothèse vérifiée a posteriori), la fréquence de ce faisceau après l’aller-retour est
f0 + 2 fr. Pour compenser le décalage, il faut être capable d’imposer au faisceau
un décalage − fr. La manière la plus simple de le faire est d’introduire un MAO
avant le transport dans la fibre, contrôlé par un oscillateur de type VCO (Voltage
Controlled Oscillator), et d’optimiser l’ordre +1 du MAO. En sortie de fibre, le la-
ser est alors à la fréquence f0 + fr + fVCO. Grâce à un asservissement électronique
utilisant la valeur de fr mesurée, on peut rétroagir sur la fréquence du VCO pour
imposer que fr + fVCO reste constante, et ainsi récupérer en sortie un signal à une
fréquence fixe et connue.

Le montage expérimental de ce dispositif est montré en figure 3.9. Le fais-
ceau initial provient d’un laser esclave injecté à partir du laser ultra-stable (après
passage dans un MAO à 203 MHz, AO1 sur la figure) qui permet de délivrer plu-
sieurs mW en sortie de fibre. Un cube séparateur de polarisation associé à une
lame demi-onde permet de prélever une partie du faisceau qui sera utilisée pour
le battement ; l’autre partie traverse un MAO de fréquence proche de 205 MHz
contrôlé par un VCO et est couplée dans la fibre (AO2). Le VCO est référencé à
partir d’un signal à 100 MHz provenant de l’oscillateur cryogénique asservi sur le
maser à hydrogène du laboratoire. La fibre utilisée est une fibre à maintien de po-
larisation, la polarisation du faisceau incident étant parallèle à un des axes propres
de la fibre. Ainsi on limite au maximum les fluctuations de polarisation en sortie
de fibre qui se traduisent en fluctuations d’amplitude après séparation par les dif-
férents cubes polariseurs et qui peuvent compromettre le bon fonctionnement de
l’asservissement ou de la mesure absolue de fréquence. En sortie de fibre, un sys-
tème en "oeil de chat" permet de rétro-coupler 10% de la puissance dans la fibre.
Une lame quart d’onde assure que le faisceau retour est transmis selon le second
axe propre de la fibre. Ce faisceau est ensuite superposé avec le faisceau initial,
puis leurs polarisations sont réalignées et le battement à 410 MHz est détecté à
l’aide d’une photodiode rapide. Enfin un asservissement électronique utilise la
mesure de la fréquence du battement pour rétroagir sur la fréquence du VCO et
assurer qu’on ait en permanence fr + fVCO = 205 MHz.

3.4.2 Test de l’asservissement
Avant la mise en place définitive du dispositif, un montage auxiliaire a été

monté pour tester et régler l’asservissement. Pour cela, la sortie de la fibre a été
ramenée sur la table optique de départ. Ainsi, en plus du système d’asservissement
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FIG. 3.9 – Dispositif d’annulation du bruit de phase. DLCE : diode laser à cavité étendue ;
IO : isolateur optique ; PDR : photodiode rapide ; VCO : voltage controlled oscillator.

fonctionnant avec le faisceau aller-retour, on récupère également le faisceau en
sortie de fibre. En prélevant une autre partie du faisceau issu du laser esclave, on
peut détecter avec une seconde photodiode rapide le battement correspondant à un
aller simple dans la fibre, à la fréquence fr + fVCO. C’est sur ce signal à 205 MHz
que les tests sur l’asservissement ont été faits. Le schéma du montage pour la
phase de test apparaît sur la figure 3.10.

Les performances de l’asservissement dépendent des fluctuations de fréquence
du signal de la photodiode à 205 MHz. On a donc évalué la stabilité de fréquence
de ce signal en utilisant un compteur de grande précision. Pour améliorer la réso-
lution, on mélange tout d’abord le signal du battement avec un signal de référence
généré par un synthétiseur de fréquence afin de ramener la fréquence du battement
à quelques dizaines de kHz. L’étude a tout d’abord été faite avec un battement à
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FIG. 3.10 – Test du dispositif d’annulation de phase. La fibre optique de 50 m a été ra-
menée sur la table ultra-stable de manière à observer un battement direct entre le faisceau
intial et le faisceau après un passage dans la fibre.

80 kHz. La figure 3.11 représente les données temporelles ainsi que l’écart-type
d’Allan des fluctuations de fréquence. L’écart-type vaut 4×10−16 à 1 s et suit une
loi proche de τ−1/2 caractéristique d’un bruit blanc de fréquence, alors qu’on s’at-
tend à un bruit de phase. L’explication vient du fait que le compteur effectue des
mesures successives mais avec un temps mort qui est converti en bruit blanc de
fréquence par effet d’échantillonnage.

Pour s’affranchir de cet effet qui ne permet pas d’évaluer les véritables perfor-
mances de l’asservissement, on a effectué, plutôt que des mesures de fréquence,
des mesures de différence de phase entre notre signal et un signal de référence
à la même fréquence. On peut alors remonter à la fréquence : f = f0 + φ2−φ1

τ2−τ1
, et

les temps morts sont éliminés puisqu’on considère dans ce cas le temps séparant
deux mesures de phase consécutives. Pour effectuer les mesures, le signal de la
photodiode est ramené à 30 kHz à l’aide d’un mélangeur puis est comparé sur le
compteur avec un signal de référence à 30 kHz issu d’un synthétiseur. Les résultats
alors obtenus sont ceux de la figure 3.12. La pente de l’écart-type d’Allan dans ce
cas n’est plus τ−1/2 mais pas tout à fait τ−1 qui serait caractéristique d’un bruit
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(a) (b)

FIG. 3.11 – Évaluation de la stabilité de fréquence du signal de battement à 205 MHz en
utilisant un compteur de fréquence. Série temporelle (a) et écart-type d’Allan de la série
(b). On est proche d’une signature de bruit blanc de fréquence en τ−1/2, et l’écart-type
vaut 4×10−16 à 1 s.

blanc de phase. La valeur à 1 s est de l’ordre de 2× 10−16, ce qui garantit que le
transport dans la fibre ne va pas apporter de bruit supplémentaire à la mesure à ce
niveau.

(a) (b)

FIG. 3.12 – Évaluation de la stabilité de fréquence du signal de battement à 205 MHz en
effectuant des mesures de phase. Série temporelle (a) et écart-type d’Allan de la série (b).
La pente de l’écart-type est entre τ−1/2 et τ−1, le comportement est plus proche d’un bruit
blanc de phase.

Étant donné le type d’asservissement utilisé, on pourrait espérer une meilleure
stabilité à 1 s. Pour déterminer les causes de cette valeur, un test simple a été
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réalisé : un système en "oeil de chat" a été monté après le MAO et avant l’entrée
de la fibre. Le signal est alors récupéré sur la première photodiode (battement à
410 MHz) et observé directement, sans asservissement. Une mesure de différence
de phase permet d’évaluer la stabilité de fréquence de ce signal. Les résultats sont
tracés en figure 3.13. Il apparaît que l’écart-type à une seconde est du même ordre
de grandeur qu’avec l’asservissement (5× 10−16), ce qui montre que c’est cette
partie du montage qui est limitante. L’asservissement est bien efficace, mais ce
sont les fluctuations du trajet optique dans l’air qui limitent la stabilité du système,
donc on ne peut pas espérer obtenir de meilleurs résultats pour l’asservissement.
Ces fluctuations sont probablement dues au fait que le banc optique n’est pas très
rigide.

(a) (b)

FIG. 3.13 – Évaluation de la stabilité de fréquence du signal de battement à 410 MHz
en effectuant des mesures de phase. Série temporelle (a) et écart-type d’Allan de la série
(b). On n’observe aucune amélioration par rapport aux mesures faites avec un aller-retour
dans la fibre.

3.4.3 Mesure de la correction de l’asservissement
Plus récemment, lors de notre dernière campagne de mesure en collaboration

avec l’équipe d’Harald Schnatz de la PTB, la fréquence du VCO contrôlant le
MAO utilisé pour l’asservissement a également été mesurée pour suivre l’évolu-
tion de l’asservissement. La raison de ce contrôle est que l’asservissement peut
présenter des sauts de cycles, notamment lorsque le laser esclave est mal injecté
ou que la polarisation en sortie de fibre fluctue. Cette mesure nous permet donc de
nous assurer de la validité des mesures absolues de fréquence. Grâce à un comp-
teur effectuant la mesure de fréquence divisée par 5, on obtient les variations tem-
porelles de ce signal à 41 MHz, tracées en figure 3.14. Le signal en question est



112 CHAPITRE 3

la correction de fréquence imposée par l’asservissement, il donne donc directe-
ment l’information sur les fluctuations de fréquence du signal non asservi. On
peut remarquer une oscillation périodique du signal correspondant manifestement
aux fluctuations de température de la pièce où se trouve le laser ultra-stable : en
effet une climatisation d’appoint se mettait en route de manière régulière. La pé-
riode de ces oscillations, quelques centaines de secondes, correspond bien à ce
phénomène. L’écart-type d’Allan correspondant à cette mesure est tracé à droite
de la figure 3.14. Le bruit ne commence à descendre qu’à partir de 200 s, après
moyennage sur une période d’oscillations. Le comportement pour des temps plus
long semble correspondre à un bruit de phase en τ−1. Pour des temps courts, on
est néanmoins au niveau de 10−15, en deçà du niveau de stabilité atteint pour
l’instant avec l’horloge. Par contre, pour un objectif de stabilité de 10−16τ−1/2,
la contribution de la fibre de l’ordre de 10−15 jusqu’à 200 s est réellement problé-
matique. L’asservissement de cet effet est donc indispensable pour atteindre les
performances souhaitées.

(a) (b)

FIG. 3.14 – (a) Évolution temporelle du signal envoyé par le VCO de l’asservissement
pour corriger les fluctuations de fréquence en sortie de fibre. Les fluctuations périodiques
(quelques centaines de secondes) correspondent aux fluctuations de température de la
pièce en raison de la climatisation. Les fluctuations du signal lui même sont du même
ordre de grandeur. (b) Ecart-type d’Allan de la série de point. Le bruit ne se comporte en
τ−1 qu’après 200 s.

3.5 Amélioration du laser actuel
Suite aux dernières évaluations des performances de l’horloge, il apparait que

la largeur des résonances atomiques observées (de l’ordre d’une dizaine de Hz)
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est limitée par la largeur du laser d’interrogation. Compte tenu de l’incertitude
sur les différents effets systématiques lors de notre dernière campagne de mesure
(voir chapitre 5), l’évaluation de l’horloge n’est pas encore limitée par l’incerti-
tude statistique. Il est cependant nécessaire d’améliorer la stabilité de l’horloge,
pour l’instant dans la gamme des 10−14 à 1 s, pour les évaluations à venir si on
veut pouvoir réduire l’incertitude statistique après des temps d’intégration rai-
sonnables. En atteignant une largeur de raie de 1 Hz pour le laser d’horloge, on
devrait atteindre un régime où la stabilité de l’horloge est essentiellement limitée
par l’effet Dick.

Ce travail a été réalisé par Philip G. Westergaard, je n’en reprendrai qu’une
description succincte. Tout en gardant le dispositif précédent, une deuxième cavité
beaucoup beaucoup plus fine et mieux stabilisée a été ajoutée, afin de rajouter une
étape d’asservissement supplémentaire.

3.5.1 Une nouvelle cavité ultra-stable
La conception de la nouvelle cavité ultra-stable a été le travail de plusieurs

personnes du laboratoire, l’objectif étant une isolation des vibrations et des fluc-
tuations de température de haute performance, afin de garantir une stabilité de
fréquence dans la gamme de quelques 10−16τ−1/2. Deux cavités ont été ainsi réa-
lisées sur le même modèle, pour l’horloge à 87Sr et pour le projet OPUS (Oscil-
lateur Photonique Ultra-Stable). La cavité est réalisée avec des miroirs en silice
contactés sur un barreau d’ULE de 10 cm de long. Le choix de la silice comme
matériau permet de garantir une meilleure insensibilité au bruit thermique puisque
c’est un matériau plus rigide que l’ULE. La finesse de la cavité est spécifiée à
250000±75000, ce qui correspond à des pics de résonance de largeur 6±2 kHz.
Les miroirs ont été conçus de manière à ce que l’on puisse idéalement amener
l’effet des fluctuations thermiques au niveau de 3×10−16 sur 1 s. La coupe de la
cavité et le support sur lequel elle repose ont été modélisés et la sensibilité aux
vibrations attendue est inférieure à 10−11 /ms−2 dans les trois directions.

La cavité a été placée dans une enceinte à vide reliée à deux pompes ioniques
dont le schéma en coupe est montré sur la figure 3.15. Afin de garantir la sta-
bilité de température, des blindages thermiques ont été utilisés. L’enceinte exté-
rieure, en acier inoxydable, sert de premier blindage thermique, puis trois autres
blindages en aluminium ont été ajoutés à l’intérieur de l’enceinte. Pour limiter le
rayonnement des différents blindages, on utilise de l’aluminium poli et les deux
blindages internes sont recouverts d’or, qui est peu oxydable et dont le coefficient
de réflectivité est encore plus grand. En plus des blindages, un asservissement de
température a été ajouté à la surface du premier blindage interne.

Pour isoler au mieux l’enceinte des vibrations, la table optique a été montée
sur une plateforme d’isolation passive des vibrations Minus K. La plateforme n’est
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pas posée à même le sol mais sur des piliers en béton, et son poids de chargement
optimal (autour de 200 kg) est atteint grâce à un système qui permet d’abaisser le
centre de gravité du dispositif. Une fois en flottaison, la plateforme peut absorber
les vibrations basse fréquence, et son efficacité est optimale dans la gamme 1-
50 Hz : la densité spectrale de bruit d’accélération de la table pour ces fréquences
atteint un palier de 10−13 (m/s2)2/Hz. Pour des fréquences plus élevées, ce sont les
vibrations acoustiques qui deviennent prépondérantes et qui peuvent être atténuées
avec un dispositif supplémentaire.

FIG. 3.15 – Vue en coupe de la nouvelle cavité de référence. Elle est montée au centre
sur un barreau d’ULE et entourée de trois blindages thermiques concentriques. La lumière
nécessaire à l’asservissement est envoyée à travers des hublots situés de par et d’autre de
l’enceinte extérieure, reliée à un bloc de pompage pour assurer l’ultra-vide à l’intérieur.
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3.5.2 Nouveau montage expérimental
Afin d’inclure le nouvel asservissement, le montage de la partie concernant

le laser à 698 nm a été modifié par rapport à ce qui a été présenté précédemment
dans le chapitre. Deux points particuliers ont été revus de manière à améliorer
l’expérience. Désormais, le LCE maître, asservi sur la première cavité ultra-stable,
est utilisé pour injecter un seul laser esclave, situé sur la table optique principale.
Le faisceau de ce laser est utilisé pour le second asservissement : il est transmis
par fibre optique vers la table indépendante où se situe la nouvelle cavité ultra-
stable via un MAO servant à l’asservissement. Une seconde partie de ce faisceau
sert à l’interrogation des atomes, et une troisième à injecter le laser esclave servant
à fournir le signal pour le laser femtoseconde. Grâce à ce système, les deux lasers
esclaves sont situés sur le même banc optique, ce qui permet d’avoir accès à leur
battement. De cette manière on peut en temps réel mesurer la différence de phase
entre les deux lasers et surveiller les sauts de cycle éventuels. Cette vérification
est importante dans la mesure où chacun des lasers sert à une partie de la mesure,
l’un mesurant l’écart entre la fréquence de la transition atomique et la fréquence
d’un mode de la cavité ultra-stable, l’autre permettant la mesure de la fréquence
absolue du mode en question. On peut alors s’assurer de la cohérence des deux
lasers et donc de la validité des mesures.
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Chapitre 4

Dispositif expérimental

4.1 Séquence temporelle

4.1.1 Description d’un cycle
L’horloge à réseau optique à atomes de 87Sr fonctionne de manière séquen-

tielle. Une séquence consiste en plusieurs étapes : la capture et le refroidissement
des atomes dans le réseau optique, l’interrogation des atomes, et leur détection.
Du fait de la méthode de détection utilisée, les atomes ne sont pas conservés d’un
cycle à l’autre, ce qui nécessite de répéter les séquences complètes. Une mesure
consiste alors à répéter un grand nombre de fois la séquence de base de manière
à pouvoir moyenner les données et évaluer la statistique de la mesure. Afin de
ne pas dégrader cette stabilité par échantillonnage (l’effet Dick), il est important
que la préparation des atomes soit la plus courte possible et la durée d’interro-
gation la plus longue possible. Les différentes étapes ont donc été optimisées de
manière à raccourcir au mieux le temps de cycle. Durant notre dernière campagne
de mesure, la durée typique d’un cycle était de 400 à 600 ms, comprenant une
phase d’interrogation d’environ 20 ms. Cette situation est encore loin de l’opti-
mum, mais la durée de préparation a été fortement réduite depuis les premières
mesures, et la durée de l’interrogation est pour le moment limitée par largeur de
raie du laser ultra-stable. Les différentes étapes ainsi que leur durée typique sont
reportées sur la figure 4.1. Ce chapitre a pour but de présenter leur mise en œuvre
expérimentale.

Les atomes de 87Sr sont produits à partir d’un four à une température de
450 ◦C (section 4.2) puis sont envoyés vers la zone de capture et d’interrogation.
Ils sont alors ralentis à l’aide d’un ralentisseur Zeeman puis refroidis dans un
piège magnéto-optique fonctionnant sur la transition bleue 1S0 → 1P1 à 461 nm
(section 4.3). Le laser de piégeage vertical (section 4.4), constamment présent pen-
dant le cycle, traverse le piège magnéto-optique en son centre. Deux lasers rouges,
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FIG. 4.1 – Séquence temporelle et durées typiques de chacune des étapes.

accordés sur les transitions 1S0 → 3P1 à 689 nm et 3P1 → 3S1 à 688 nm, sont ali-
gnés sur le piège et ont pour but de pomper les atomes passant au centre du réseau
optique dans deux niveaux métastables, 3P0 et 3P2 (section 4.5). C’est un proces-
sus cumulatif qui permet de "mettre de côté" les atomes les plus froids, qui se
retrouvent alors piégés dans le réseau optique et insensibles au piège magnéto-
optique. A la fin du cycle de refroidissement "bleu", ils sont repompés dans le
niveau fondamental par le biais des transitions 3P0 → 3S1 à 679 nm et 3P2 → 3S1
à 707 nm. Intervient alors un deuxième refroidissement "rouge" (sur la transi-
tion 1S0 → 3P1), mélange de refroidissement Doppler et de refroidissement par
bandes latérales (section 4.6). On allume ensuite un champ magnétique biais pour
effectuer un étape de pompage optique sur la même transition (section 4.7), de
manière à amener les atomes dans un des deux sous-niveaux Zeeman extrêmes
mF =±9/2. Enfin, la spectroscopie de la transition d’horloge est effectuée à l’aide
du signal provenant du laser ultra-stable décrit au chapitre 3, et la population des
deux niveaux d’horloge est mesurée pour déterminer la probabilité de transition
(section 4.8).
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4.1.2 Contrôle de la séquence
Le fonctionnement de l’horloge est entièrement contrôlé par ordinateur. Des

signaux de contrôle TTL (ayant pour valeur 0 ou 5 V) sont générés par ordinateur
via une carte d’acquisition ayant une résolution temporelle de 10 µs. Ils servent à
commander les différentes parties du montage qui nécessitent d’être allumées et
éteintes à des instants précis. De manière générale, les faisceaux laser utilisés à
différents moments d’un cycle sont éteints avec deux systèmes différents pour ré-
duire les déplacements lumineux intempestifs. D’une part l’ordinateur commande
l’allumage ou l’extinction d’un MAO associé à un faisceau particulier. Le temps
de réponse est de l’ordre de la µs, ce qui est suffisant pour nos besoins. D’autre
part, à chaque MAO est associé un obturateur mécanique, également contrôlé par
ordinateur. Il met généralement plusieurs ms à se mettre en place mais permet une
meilleure extinction des faisceaux. Le champ magnétique du ralentisseur Zeeman,
ainsi que les bobines du PMO sont également pilotés par une impulsion TTL.

L’ordinateur contrôle de manière différente le champ magnétique utilisé pour
le pompage optique et l’interrogation. Une carte d’acquisition dédiée permet de
sélectionner une commande en tension qui est ensuite envoyée vers une alimenta-
tion rapide de courant. La commande en tension est alors convertie en commande
en intensité et permet d’atteindre le champ magnétique désiré. La calibration de
cette alimentation a pu être effectuée lors de nos mesures de fréquence en présence
d’un champ magnétique (les résultats sont présentés dans le chapitre suivant).

L’ordinateur gérant la séquence temporelle permet aussi d’asservir les lasers à
688 nm et 689 nm. Les fluctuations de fréquence de ces lasers étant relativement
lentes, le programme vient corriger alternativement la fréquence de l’un ou l’autre
des lasers d’un cycle sur l’autre. Le principe de l’asservissement est expliqué dans
la section 4.5.

Un deuxième ordinateur indépendant permet de contrôler la caméra servant
à la détection. Les deux ordinateurs sont synchronisés, et l’ordinateur gérant la
séquence temporelle envoie deux impulsions TTL aux deux instants où l’on sou-
haite mesurer la fluorescence. Un programme spécial permet de traiter une partie
des donnée en temps réel, ce qui permet notamment d’observer une image de fluo-
rescence, le spectre de la transition d’horloge et les fluctuations de fréquence lors
d’une intégration.

4.2 La source d’atomes et la chaîne ultra-vide

4.2.1 Les fours
Pour les besoins de l’expérience, on utilise deux sources d’atomes de Sr, une

source principale qui est utilisée pour piéger les atomes et procéder à l’interro-
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gation, et une source secondaire qui permet d’asservir certains des lasers du dis-
positif sur les transitions atomiques correspondantes. Les deux fours utilisés pour
produire une vapeur d’atomes de Sr sont identiques. Ils sont constitués de deux
tubes ultra-vide de type CF 16 en inox. L’étanchéité entre les deux tubes d’une
part, et entre le deuxième tube et le reste du montage d’autre part, est réalisée à
l’aide de joints en nickel. Le premier tube sert de réserve et peut être chargé avec
des pépites de Sr, alors que le deuxième tube sert à supporter les "éjecteurs", des
micro-tubes en Monel 400 de 8 mm de long, de 200 µm de diamètre intérieur et de
50 µm d’épaisseur. Ils sont posés sur un support en U fixé dans le deuxième tube
et permettent de collimater le jet atomique en sélectionnant les atomes dont la vi-
tesse transverse est inférieure à environ 10 m/s. Une photo des différents éléments
est montrée en figure 4.2.

Le dispositif est testé pour supporter des températures supérieures à 700 ◦C. Il
est chauffé à l’aide d’un tube en fibre de céramique Watlow qui permet d’atteindre
une température de 550 ◦C au niveau de la réserve. À cette température, étant
donnée la pression de vapeur saturante du Sr, on peut obtenir un flux d’atomes
de l’ordre de 1012 atomes/s. Afin d’éviter que les éjecteurs ne soient obstrués par
des dépôts de Sr, on maintient une température toujours plus élevée au niveau des
éjecteurs, de l’ordre de 50 ◦C de plus qu’au niveau de la réserve.

FIG. 4.2 – Détail des éléments du four. Gauche : tubes CF 16 pour la réserve et les
éjecteurs. Droite : support en U et éjecteurs.

4.2.2 Jet principal
Les tubes du four du dispositif principal sont reliés à une croix de pompage qui

permet d’atteindre le niveau d’ultra-vide nécessaire à l’expérience. Deux pompes
ioniques Méca 2000 ayant un débit de 25 l/s sont situées de part et d’autre de la
croix et permettent d’assurer en sortie de four un niveau de vide de l’ordre de
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10−6 Pa. La première phase de pompage se fait à l’aide d’une pompe turbo qu’on
peut connecter sur le dessus de la croix. Les atomes issus du four se propagent sur
une distance d’environ 50 cm avant de se retrouver dans la zone de capture et d’in-
terrogation. Le vide à cet endroit doit être encore meilleur que celui au niveau du
four, c’est pourquoi on réalise un système de vide différentiel. Juste après la croix
de pompage, on a placé un tube de 10 cm de long et 5 mm de diamètre intérieur,
associé à une troisième pompe ionique au niveau de la zone de capture. De cette
manière, on est capable d’obtenir une pression résiduelle dans la zone de cap-
ture environ 100 fois plus basse qu’en sortie de four. On peut de plus séparer les
deux parties du montage à l’aide d’une vanne CF 16 supplémentaire. Juste après
le tube de vide différentiel, les atomes franchissent le tube Zeeman d’une lon-
gueur de 40 cm où ils sont décélérés pour pouvoir être capturés lorsqu’ils arrivent
dans la zone de piégeage (le ralentissement et la capture seront expliqués dans la
section 4.3). Ce tube est en inox amagnétique et entouré d’un système de bobines
et d’un blindage magnétique qui préserve la chambre à vide des perturbations et
permet d’utiliser un courant moins important dans les bobines pour produire le
champ magnétique désiré. Une photo du montage est présentée en figure 4.3.

Zone de

capture
Ralentisseur

Zeeman

Pompe

ionique

Four

FIG. 4.3 – Photo du montage principal, comprenant le four principal, le ralentisseur
Zeeman et la zone de capture et d’interrogation.

La zone en sortie du tube Zeeman est la zone de manipulation des atomes.
Elle est reliée au tube par des joints en indium et est elle-même en Fortal, un al-
liage d’aluminium amagnétique ayant une bonne conductivité thermique. Elle a la
forme d’un cylindre horizontal de section octogonale (voire figure 4.4). Chacune
des huit faces dispose d’une ouverture : une est reliée au début de la chaîne (sortie
du tube Zeeman), l’ouverture opposée est reliée à une pièce constituée d’un hublot
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permettant le passage du faisceau servant au ralentissement Zeeman et d’un accès
à la troisième pompe ionique, et les 6 autres faces sont équipées de hublots de
30 mm de diamètre. L’étanchéité au niveau des hublots est assurée par des joints
en indium. Les deux faces principales de la chambre sont quant à elles fermées
avec des hublots de 70 mm, et entourées de bobines utilisées pour réaliser le piège
magnéto-optique. Des couronnes sont alors fixées au dispositif pour permettre
d’offrir plusieurs accès ayant différentes orientations, notamment pour des lasers
et des bobines supplémentaires de compensation du champ magnétique.

Couronne

Bobine 

PMO

Chambre

Connecteur 

pompe ionique
Hublot

Zeeman

Flux 

atomique

FIG. 4.4 – Vue de la chambre à vide et des différents éléments qui y sont connectés :
les bobines du piège magnéto-optique, les couronnes latérales et la pièce permettant le
passage du faisceau Zeeman et la connexion de la troisième pompe ionique.

4.2.3 Jet secondaire

Le jet secondaire est un système totalement indépendant. En sortie du four,
une croix de pompage permet d’atteindre un niveau de vide de l’ordre de 10−6 Pa.
Les atomes sortant du four traversent un tube qui tient lieu de zone d’interrogation
et qui possède deux paires de hublots face à face successives (voir figure 4.5). La
première paire de hublots est utilisée pour faire passer un faisceau bleu rétro-
réfléchi à 461 nm utilisé pour l’asservissement du laser sur la transition atomique
1S0 → 1P1. Au dessus de cette zone d’interrogation, une photodiode montée en
trans-impédance avec une résistance de contre-réaction de 500 kΩ sert à collecter
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la fluorescence des atomes. La deuxième paire de hublots sert à l’asservissement
des lasers à 689 nm et 688 nm associés aux transitions 1S0 → 3P1 et 3P1 → 3S1
respectivement. Des bobines sont également disposées de part et d’autre des deux
hublots de manière à produire un champ magnétique selon l’axe de propagation
des atomes. Une deuxième photodiode de résistance 100 MΩ sert à détecter le
signal de fluorescence correspondant.

Hublot 
688/689 nm Hublot 461 nm

Four secondaire

Pompe ionique

Photodiodes

FIG. 4.5 – Photo du montage secondaire servant à l’asservissement des laser à 461 nm,
688 nm et 689 nm.

4.3 Refroidissement des atomes

A la sortie du four, les atomes sont à une température beaucoup trop élevée
pour pouvoir être capturés dans le réseau optique directement. On leur fait donc
subir une première étape de ralentissement et de refroidissement pour pouvoir
en capturer une proportion significative. Ces deux processus (ralentissement et
refroidissement) sont réalisés grâce à un ralentisseur Zeeman suivi d’un piège
magnéto-optique (PMO), tous deux fonctionnant grâce à des lasers accordés sur
la transition 1S0 → 1P1 à 461 nm. Cette transition a l’avantage d’avoir une largeur
de raie importante (Γ/2π = 32 MHz) et d’être très cyclante (moins d’un atome sur
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104 se désexcite vers le niveau 1D2), ce qui permet de ralentir et de refroidir rapi-
dement et efficacement les atomes en provenance du four. La température Doppler
associée à cette transition est de l’ordre du mK, et son intensité de saturation est
Isat = 43 mW/cm2. La puissance totale alors nécessaire pour atteindre l’intensité
de saturation dans le faisceau du ralentisseur et dans tous les faisceaux du PMO
est d’environ 200 mW.

4.3.1 La source à 461 nm

Il n’existe pas de source commerciale pratique produisant directement une
puissance de plusieurs centaines de mW à 461 nm. Une alternative est d’utiliser
une source infrarouge puissante et de générer la bonne longueur d’onde à l’aide
d’un processus non linéaire. La première source à 461 nm utilisée pour notre hor-
loge a été mise en place en 2000 par Irène Courtillot. Elle reposait sur la somme
de fréquence d’un laser Nd :YAG à 1064 nm et d’une diode laser à 813 nm dans
un cristal phosphate de potassium (KTP). On disposait alors d’une puissance de
l’ordre de 100 mW, ce qui était insuffisant pour profiter pleinement des caractéris-
tiques de la transition bleue. Une seconde source bleue, montée par Rodolphe Le
Targat en 2003, a finalement remplacé la première source. Cette fois le processus
non linéaire utilisé est le doublage de fréquence. On dispose d’un MOPA (Mas-
ter Oscillator - Power Amplifier) qui fournit une puissance de 450 mW à 922 nm
dont la fréquence est doublée dans un cristal de PPKTP (KTP périodiquement
polarisé).

Génération de seconde harmonique

Le principe du doublage de fréquence est décrit en détail dans la thèse de Ro-
dolphe Le Targat [116]. Il repose sur l’utilisation d’un cristal non linéaire en condi-
tion de quasi-accord de phase. De manière générale, l’utilisation d’un cristal non
centro-symétrique peut donner naissance à des phénomènes non linéaires (somme
de fréquence, doublage de fréquence). Dans le cas d’une onde plane incidente à
la pulsation ω , on peut montrer que la puissance dans la seconde harmonique (de
pulsation 2ω) peut s’écrire

P2ω(L) ∝ P2
0 L2sinc2(

∆k
2

L), (4.1)

où P0 est la puissance incidente, L est la longueur du cristal et ∆k = k2ω − 2kω
est la différence de phase entre les deux ondes. Si on arrive à imposer ∆k = 0
(condition d’accord de phase), la puissance générée dans la seconde harmonique
est donc quadratique en L. Cependant, à cause de la dispersion dans le cristal, cette
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condition n’est en pratique pas atteinte. On peut alors utiliser un cristal périodi-
quement polarisé, où le sens de la non linéarité est inversé périodiquement dans le
cristal de manière à rattraper le désaccord de phase. On peut dans ce cas obtenir à
nouveau une expression similaire à 4.1.

Le cas plus réaliste d’un faisceau gaussien apporte des modifications à cette
première estimation. D’une part, la loi quadratique n’est pas parfaitement vérifiée :
il ne suffit donc pas d’augmenter la taille du cristal pour obtenir une puissance plus
importante. D’autre part, la situation la plus favorable correspond à un faisceau
focalisé au centre du cristal. Il existe alors une valeur du rayon du faisceau à 1/e2

qui maximise le coefficient de conversion Γ = P2ω/P2
0 . Pour un cristal de PPKTP

de longueur L = 2 cm, le rayon optimal est w0 = 23.6 µm. Enfin, il faut tenir
compte des effets thermiques : les indices optiques du cristal aux deux longueurs
d’onde étant dépendants de la température, il existe une température optimale de
conversion. En fonction de la focalisation du faisceau, maintenir une température
constante peut être une tâche assez difficile (l’absorption du cristal à 461 nm est
importante, environ 9% cm−1), et on souhaite produire une puissance à 461 nm
qui fluctue le moins possible.

Réalisation expérimentale

La source à 922 nm utilisée pour générer un faisceau à 461 nm est un MOPA
de marque Toptica. Il est constitué d’une diode à cavité étendue dont la sélection
en longueur d’onde se fait à l’aide d’un réseau (configuration Littrow) monté sur
un transducteur piézoélectrique. Le faisceau va ensuite injecter un amplificateur à
semi-conducteur capable de produire en sortie un faisceau d’une puissance d’en-
viron 450 mW. La forme elliptique du faisceau est ensuite compensée à l’aide de
lentilles cylindriques de manière à obtenir un faisceau peu divergent. De plus, une
petite partie du faisceau est prélevée et envoyée dans un résonateur Fabry-Pérot
pour s’assurer du caractère monomode.

De manière à améliorer le doublage de fréquence par le cristal de PPKTP, on
utilise une cavité résonante à la fréquence fondamentale qui permet d’amplifier
la puissance disponible. Étant donnée la forme du faisceau incident, la cavité est
également un bon moyen de le filtrer spatialement et d’obtenir en sortie un mode
gaussien TEM00. Le choix de la géométrie s’est porté sur une cavité en anneau
composée de quatre miroirs (voir le schéma d’ensemble en figure 4.7). Le cou-
pleur d’entrée M1 est un miroir plan avec un coefficient de transmission en énergie
T1, le miroir M2 est également plan et monté sur un transducteur piézoélectrique
permettant de contrôler la longueur de la cavité. Les miroirs M3 et M4 sont sphé-
riques avec une rayon de courbure R = 100 mm, M4 étant totalement réfléchissant
dans l’infrarouge (Rω > 99.9%) et transparent dans le bleu (T2ω ' 98%). Le co-
efficient T1 et les dimensions de la cavité ont été ajustés de manière à adapter
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l’impédance (il faut que la puissance perdue après un tour de cavité soit compen-
sée par la puissance transmise par M1) et le mode spatial du faisceau (le fait que
le faisceau soit exactement identique après un tour dans la cavité).

Il a été montré que l’efficacité de conversion était assez peu sensible à la valeur
du rayon à 1/e2 au centre du cristal [128]. Pour des raisons d’équilibre thermique,
on a donc choisi un rayon w0 = 43 µm et un coefficient T1 = 12% qui assure une
efficacité de conversion supérieure à 70%. Ce choix permet d’éviter d’avoir une
énergie absorbée trop importante et donc difficile à évacuer, et permet de disposer
d’une longueur de Rayleigh de 6 mm qui diminue la criticité du positionnement du
cristal. D’autre part, la géométrie de la cavité est déterminée par les distances l =
M3M4 = 13.2 cm et L = M4M1M2M3 = 44 cm qui assurent l’adaptation de mode.
Le faisceau dans la cavité se focalise alors deux fois, une fois au milieu de M1M2 et
une fois au milieu de M3M4, avec un rayon w0, où est placé le cristal. Le cristal de
PPKTP provient de la société Raicol Crystals et a pour dimensions 1×2×20 mm.
La périodicité de la non linéarité a été ajustée de manière à permettre d’atteindre le
quasi-accord de phase à température ambiante pour la longueur d’onde désirée. Il
est régulé en température à l’aide d’un élément Peltier et d’une monture en cuivre
qui permet notamment de régler la hauteur du faisceau et l’angle d’incidence. La
puissance de sortie à 461 nm est de l’ordre de 220 mW.

Asservissement du laser

Deux asservissements sont utilisés pour stabiliser la source à 461 nm : le pre-
mier opère sur la longueur de la cavité de doublage afin de maintenir la résonance
et d’assurer la stabilité en puissance, le second opère sur la longueur de la cavité
étendue du MOPA pour maintenir la fréquence du laser à résonance atomique (sur
la transition 1S0 → 1P1). Ces deux asservissements sont également schématisés
sur la figure 4.7.

En maintenant la cavité résonante avec la fréquence fondamentale, on s’as-
sure automatiquement que la puissance de sortie est maximale. Pour asservir la
longueur de la cavité, on utilise une petite partie du faisceau à 461 nm qui ressort
par le miroir M1 et qui est détectée à l’aide d’une photodiode (PD1 sur le schéma).
En modulant le courant du MOPA à 67 kHz et en utilisant une détection synchrone
pour analyser le signal de la photodiode, on génère un signal d’erreur qui, après
passage dans un intégrateur, permet de corriger la tension imposée au transducteur
piézoélectrique soutenant le miroir M2. La bande passante de cet asservissement
est d’environ 1 kHz.

Pour asservir la fréquence du laser sur la résonance atomique, on prélève une
petite partie du signal en sortie de cavité de doublage et on l’envoie vers le jet de
Sr secondaire décrit dans la section 4.2. La photodiode située au-dessus de l’en-
ceinte à vide (PD2 sur le schéma) permet de mesurer la fluorescence de l’isotope
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bosonique 88Sr, beaucoup plus abondant que l’isotope 87Sr et pour lequel la fré-
quence de la transition 1S0 → 1P1 est proche de celles des différentes transitions
hyperfines du fermion (les décalages isotopiques sont présentés sur la figure 4.6).
Une deuxième détection synchrone permet de générer un signal d’erreur qui vient
contrôler la cale piézoélectrique de la cavité étendue du MOPA et donc la fré-
quence du laser.

La majeure partie du faisceau bleu est alors utilisée pour les deux premières
étapes de l’horloge qui sont le ralentissement et la capture dans un piège magnéto-
optique.

Fréquence (MHz)0-9.7-51.8-69

88Sr

F=7/2F=11/2F=9/2

1S0      1P1

FIG. 4.6 – Fréquence de la transition 1S0 → 1P1 par rapport à l’isotope 88Sr. Dans le cas
87Sr, le niveau 1P1 est représenté par son moment cinétique total F .

4.3.2 Ralentisseur Zeeman

Principe théorique

Il est possible de ralentir un atome se déplaçant avec une vitesse v = v(z)ez à
l’aide d’un faisceau laser contra-propageant (de vecteur d’onde k =−kez) proche
de résonance. La force de pression de radiation exercée par l’atome dans ce cas
peut s’écrire [85] :

F =−h̄k
Γ
2

s

1+ s+4∆2

Γ2

, (4.2)

où s = I/Isat est le paramètre de saturation (Isat = 43 mW/cm2 pour la transition
1S0 → 1P1), Γ est la largeur de raie de la transition (Γ/2π = 32 MHz) et ∆ est le
désaccord total. Le principe du ralentissement Zeeman [129] est d’appliquer un
champ magnétique B = B(z)ez pour compenser la variation du décalage Doppler
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due à l’accélération. Le désaccord dans ce cas s’écrit

∆ = δ − kv(z)− g(1P1)mµBB(z)
h

, (4.3)

où δ = ωl −ω0 est le désaccord entre la fréquence du laser ωl et la fréquence de
la résonance atomique ω0, g(1P1) est le facteur de Landé du niveau 1P1 et m est le
sous-niveau Zeeman. Dans le cas du 88Sr, qui n’a pas de structure hyperfine, on a
g(1P1) = 1 et m = 0, ±1 correspondant à une polarisation du laser π ou σ±. En
considérant une polarisation σ+ et en adaptant le profil du champ magnétique, on
est capable de compenser la perte de vitesse de atomes de manière à se maintenir
à résonance (∆ = 0).

Réalisation expérimentale

Il a été montré que le ralentissement est plus efficace en utilisant un laser
convergent [130] car il permet en partie de refroidir aussi les atomes dans la di-
rection transverse, le profil du laser s’adaptant à l’expansion transverse du jet ato-
mique. Un tel type de laser est réalisable expérimentalement car la largeur de la
transition 1S0 → 1P1 permet d’avoir un ralentisseur relativement court (30 cm).
En pratique, le laser utilisé est focalisé au niveau du four avec un rayon à 1/e2

de 16 µm. La puissance utilisée est de l’ordre de 15 mW, et la valeur du décalage
de fréquence entre la référence (la fréquence sur laquelle est asservie le MOPA)
et la fréquence qui optimise le ralentissement est ∆Z = −503 MHz. Ce décalage
est obtenu à l’aide d’un modulateur acousto-optique (MAO) en double passage
suivi d’un second MAO (voir le schéma général d’utilisation du laser à 461 nm en
figure 4.7). Le même réglage convient pour le ralentissement de 88Sr et de 87Sr.

Le profil du champ magnétique nécessaire au ralentissement a été calculé [131]
et créé à l’aide d’une bobine entourant le tube Zeeman et enfermée dans un blin-
dage magnétique. Le ralentissement nécessite un champ magnétique important
(qui varie entre −300 G et 300 G le long du ralentisseur), et la puissance dissipée
par effet Joule dans les fils de la bobine est de plusieurs centaines de W. Pour as-
surer la stabilité du montage et un refroidissement efficace du dispositif, un tuyau
de cuivre relié à un circuit d’eau entoure la bobine, et le tout est recouvert d’un
mélange de ciment conduisant la chaleur et de carbure de calcium, pour améliorer
encore la conductivité thermique.

Au final, on est capable de ralentir les atomes depuis une vitesse d’environ
500 m/s à la sortie du four jusqu’à une vitesse de 25 m/s au moment de leur entrée
dans la chambre à vide. La fraction d’atomes piégés par la suite dans le PMO est
de 3%, une valeur essentiellement limitée par le profil de distribution transverse de
vitesse. La deuxième horloge à réseau optique au 87Sr actuellement en cours de
réalisation au SYRTE prévoit d’ajouter une phase de refroidissement transverse
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avant le passage dans le ralentisseur Zeeman qui devrait améliorer nettement la
fraction d’atomes capturés. D’autre part, cette phase supplémentaire a aussi pour
but de décaler le faisceau : l’axe du four et l’axe du ralentisseur étant différents,
on peut éviter le dépot d’atomes de Sr sur le hublot par lequel arrive le faisceau
Zeeman.
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FIG. 4.7 – Schéma d’ensemble du dispositif concernant le laser à 461 nm. Les valeurs
des fréquences de modulateurs acousto-optiques (AO sur le schéma) sont données en
rouge. AO1 et AO4 sont utilisés en double passage. PMO : piège magnéto-optique ; PZT :
actuateur piézoélectrique.

4.3.3 Piège magnéto-optique
Le principe de fonctionnement du PMO est décrit dans [83]. Il repose sur la

combinaison d’un gradient de champ magnétique et d’un faisceau laser rétro-
réfléchi ayant une polarisation circulaire dans un sens, et circulaire opposée après
réflexion. De cette manière, et en désaccordant la fréquence du laser dans le rouge
de la transition, les atomes s’éloignant du centre du piège (où le champ magné-
tique est nul) se retrouvent à résonance avec le laser contra-propageant et hors
résonance avec le laser co-propageant. Il est ainsi possible de les confiner dans
une direction de l’espace. En utilisant trois paires de faisceaux dans les trois di-
rections de l’espace, on est capable de piéger les atomes autour de la zone de
champ magnétique nul.
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Le gradient de champ magnétique utilisé pour notre expérience vaut environ
2 mT/cm, le champ étant horizontal et perpendiculaire à l’axe du tube Zeeman. Les
trois faisceaux lasers sont issus d’un même faisceau et séparés à l’aide de cubes
séparateurs de polarisation. Chaque faisceau a une puissance d’environ 6 mW et
un diamètre de 2 cm, et est amené suivant une des trois directions de l’espace (voir
figure 4.7). Le décalage optimal de fréquence est ∆PMO = −40 MHz, et un MAO
en double passage permet de s’ajuster sur la fréquence de transition du boson ou
du fermion (voir les décalages isotopiques en figure 4.6). Lorsqu’on est accordé
sur les valeurs concernant le 87Sr, on peut obtenir environ 106 atomes dans un
piège de 3 mm de diamètre et à une température de 2 mK. Dans le cas du 88Sr, on
peut monter jusqu’à 107 atomes, le piège fait alors 8 mm de diamètre, et la tempé-
rature des atomes est de l’ordre de 5 mK. La température qu’on arrive à atteindre
est nettement plus élevée que la limite Doppler (pour une largeur de 32 MHz,
cette limite est d’une centaine de µK) en partie à cause de l’inhomogénéité des
faisceaux qui amène à un équilibre à température plus élevée.

4.3.4 Autres faisceaux bleus
Outre les faisceaux utilisés pour le ralentisseur Zeeman, le piège magnéto-

optique et l’asservissement de fréquence du laser, deux autres faisceaux bleus sont
utilisés (et visibles sur le schéma 4.7). Le premier, un faisceau pousseur, est séparé
du faisceau servant à l’asservissement de fréquence, et se trouve donc à résonance
avec l’isotope bosonique. Il est ensuite amené sous la chambre à vide et envoyé
verticalement à travers le PMO. De cette manière il crée un déséquilibre dans
le piège et on peut observer visuellement une trainée d’atomes dans la direction
verticale (que le piège soit constitué de 87Sr ou de 88Sr). Ce faisceau est utilisé
pour l’alignement des différents autres faisceaux verticaux, et en particulier le
piège dipolaire qui doit passer exactement au centre du PMO.

Le deuxième faisceau est un faisceau sonde. Il sert à détecter le signal de
fluorescence des atomes. C’est lui qui est utilisé après la phase d’interrogation
pour mesurer la probabilité de transition (voir la séquence temporelle, figure 4.1).
Il est asservi en puissance à 1.5 mW, un point essentiel pour ne pas ajouter de bruit
à la mesure, et est légèrement décalé en fréquence par rapport à la fréquence de
transition atomique (∆sonde =−14 MHz pour le fermion, ∆sonde =−55 MHz pour
le boson).

4.4 Le réseau optique
La mise en place du réseau optique (aussi appelé piège dipolaire de manière

équivalente) est un des points centraux de l’horloge à 87Sr. Il doit satisfaire à de
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nombreuses exigences pour permettre à la fois un piégeage efficace des atomes
et un bon contrôle des effets systématiques liés à son utilisation. Au vu de notre
méthode de piégeage, qui consiste à placer dans le piège dipolaire les atomes
les plus froids présents dans le PMO, on a besoin d’un piège le plus profond
possible pour avoir la meilleure efficacité. Ce besoin est satisfait grâce à une cavité
de surtension permettant d’obtenir une puissance de plusieurs W au centre du
piège. Notre choix aurait pu se porter sur un faisceau très focalisé au niveau du
centre de la chambre à vide, mais dans ce cas les dimensions du piège auraient été
plus faibles, rendant l’alignement et la capture des atomes par notre méthode plus
difficiles. En revanche, il faut à terme travailler avec une profondeur de piège de
l’ordre de 10 Er pour satisfaire aux exigences concernant le déplacement lumineux
présentées en section 5.1.2 : il faut donc être capable de faire varier la profondeur
du piège sans perdre d’atomes et aussi d’assurer la stabilité de la puissance. Enfin,
une bonne annulation du terme vectoriel du déplacement lumineux passe par une
polarisation rectiligne la plus pure possible. Tous ces différents enjeux peuvent
être maîtrisés en imposant plusieurs asservissements sur le piège.

4.4.1 Montage expérimental

La source à 813 nm

Il existe différents types de lasers émettant à 813 nm. Cependant notre choix
d’origine s’est porté sur un laser accordable en longueur d’onde pour permettre
de compenser une erreur dans l’évaluation théorique de la longueur d’onde ma-
gique. Ce choix s’est justifié a posteriori puisque la longueur d’onde théorique
est à 13 nm de sa valeur expérimentale. Le laser utilisé est un laser Titane-Spahir
(Ti :Sa) de chez Teknoscan (modèle TIS-SF-07) pompé par un laser Verdi V-10 de
10 W à 532 nm de chez Coherent. La cavité en anneau du Ti :Sa comprend plu-
sieurs éléments sélectifs en longueur d’onde : un filtre de Lyot, un étalon mince,
un étalon épais et une diode optique. Ce système permet de contrôler la longueur
d’onde d’émission au niveau de 10−4 nm qui est le niveau requis pour éliminer
les termes de déplacement résiduel. D’autre part, le laser peut émettre dans une
large bande de longueurs d’onde allant de 790 à 850 nm. La puissance de sortie
a été de 1.2 W à 813 nm en début d’utilisation, mais la détérioration de certaines
optiques nous a contraints à travailler avec une puissance de l’ordre de 800 mW
par la suite.

Le laser est monté sur une table optique annexe. Avant d’être amené sur la
table principale, le faisceau traverse un MAO à 80 MHz qui permet une extinction
rapide et un contrôle de la puissance du piège. Environ 80% de la puissance est
couplée dans l’ordre +1 et envoyée vers une fibre optique monomode à maintien
de polarisation. On couple environ 70% de la puissance dans la fibre, ce qui donne
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accès à une puissance de 450 mW au niveau de la table principale. Là, le mode
du faisceau est adapté à l’aide de plusieurs lentilles. Un premier miroir M1 permet
d’amener le faisceau horizontalement vers la cavité de surtension. Le schéma du
dispositif concernant le piège dipolaire est présenté sur la figure 4.8.

La cavité de surtension

La cavité utilisée est une cavité linéaire formée par deux miroirs M2 et M4
situés en dehors de la chambre à vide, pour faciliter l’alignement. Ce sont des
ménisques de rayon de courbure 200 mm et 125 mm respectivement. Le miroir
M2, ou coupleur d’entrée, a un coefficient de réflexion en énergie qui vaut 98% à
813 nm et qui laisse largement passer les autres longueurs d’onde. Le miroir M4
est situé en dessous de la chambre à vide et est monté sur une cale piézoélectrique
qui permet de contrôler la longueur de la cavité. M4 a un très haut coefficient de ré-
flexion à 813 nm et un fort coefficient de transmission dans la bande 670-710 nm.
Cette caractéristique est primordiale puisque tous les lasers de manipulation ont
des longueurs d’onde dans cette bande et sont amené vers les atomes par ce mi-
roir. Enfin, un miroir intermédiaire à 45 ◦ (M3 sur la figure, immobile) permet de
rediriger le faisceau pour assurer la verticalité du piège. Il est transparent pour les
longueurs d’onde rouges, et sert également à filtrer la polarisation du faisceau du
piège dipolaire.

Les deux miroirs de la cavité sont disposés pour focaliser le faisceau exacte-
ment au centre du piège. M2 se situe à 192 mm du centre, et M4 à 120 mm. Cette
disposition, ainsi que les valeurs des rayons de courbure utilisés, assure la sta-
bilité du piège. On arrive de cette manière à focaliser le faisceau avec un rayon
w0 = 89 µm qui correspond à une distance de Rayleigh zR = 31 mm, beaucoup
plus grande que la taille du PMO. L’alignement dans la direction verticale est
donc très peu critique. Une photodiode PD2, placée derrière le miroir M1, permet
de mesurer une partie du signal en réflexion. Lorsque la longueur de la cavité est
modulée, on peut déterminer le contraste et calculer la valeur de la puissance intra-
cavité. Cette puissance peut atteindre 12.5 W, ce qui correspond à une profondeur
de piège de plus de 1000 Er.

Procédure d’alignement

L’alignement du piège dipolaire est important si on veut capturer un maxi-
mum d’atomes. Le faisceau est tout d’abord aligné sur le faisceau pousseur bleu
(voir 4.3.4) de manière à traverser le centre du PMO. Ensuite, on ajuste la position
du coupleur d’entrée M2 de manière à maximiser le rétro-couplage dans la fibre.
Ce rétro-couplage est mesuré à l’aide de la photodiode PD1 qui vient détecter le
signal sortant de l’ordre 0 du MAO. Le miroir M4 est alors aligné de manière à
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rendre le faisceau résonant. Cette étape est réalisée en modulant la cale piézo-
électrique et en observant les franges d’interférence à l’aide de la photodiode PD3
située derrière le miroir M3 à 45 ◦ qui tire parti du défaut de réflectivité du miroir.
Une fois le piège aligné, le faisceau pousseur est éteint. Tous les alignements des
faisceaux rouges se font alors sur le piège. Une caméra, située au dessus de la
chambre à vide, permet de donner une image du centre du piège.
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FIG. 4.8 – Schéma d’ensemble du piège dipolaire. PMO : piège magnéto-optique ; PZT :
transducteur piézoélectrique ; PD : photodiode ; FMP : fibre a maintien de polarisation ;
L : lame (demi-onde ou quart d’onde).
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4.4.2 Asservissements du piège

Asservissement de Hänsch-Couillaud

Le premier asservissement a pour but de contrôler la longueur de la cavité
de surtension. On ne souhaite pas utiliser une méthode où il est nécessaire de
moduler la tension appliquée à la cale piézoélectrique car cela pourrait induire
du chauffage. La méthode de Hänsch-Couillaud [132] repose sur la dépendance
en fréquence de la polarisation du signal réfléchi par la cavité. Si le faisceau est
parfaitement à résonance, la fraction réfléchie par la cavité est donnée par le co-
efficient de réflexion du miroir d’entrée, mais en présence d’un désaccord δ , le
signal réfléchi contient en plus un terme de phase dépendant de δ qui donne une
information sur la longueur de la cavité. Si on introduit un élément polarisant
dans la cavité, alors seule la lumière dont la polarisation est alignée sur cet axe va
donner lieu à des interférences constructives. En introduisant un défaut de polari-
sation, la composante perpendiculaire à l’axe de la cavité est réfléchie alors que
la composante parallèle accumule ce terme de phase. Lorsque le laser est désac-
cordé, on voit alors apparaître une polarisation elliptique dans le faisceau réfléchi.
En analysant cette polarisation, on peut alors remonter à δ et donc à la longueur
de la cavité.

Dans notre cas, le miroir M3 à 45 ◦ filtre naturellement les polarisation s et p
dans la cavité. On cherche donc à aligner la polarisation du laser sur une de ces
polarisations propres, par exemple la polarisation p. Il faut alors introduire un petit
défaut de cette polarisation et récupérer le faisceau réfléchi pour l’analyser. Pour
cela on mélange les polarisations et on les analyse dans une base de polarisations
circulaires droite et gauche. Dans ce cas les intensités lumineuses sont équilibrées,
et la résonance est atteinte pour une différence d’intensités nulle.

En sortie de fibre (voir figure 4.8), le faisceau traverse une lame demi-onde L1
et un cube séparateur de polarisations. La lame sert à optimiser la transmission par
le cube. Une seconde lame après le cube sert à ajuster la polarisation du faisceau
sur l’axe propre de la cavité, en y introduisant un petit défaut. Le signal réfléchi
revient alors vers le cube et est essentiellement transmis, mais les défauts du cube
permettent à une petite composante de se réfléchir. Une troisième lame demi-onde
L3 permet alors de réaligner le faisceau obtenu sur la polarisation p, puis une lame
quart d’onde L4 suivi d’un cube tient lieu d’analyseur. Les deux photodiodes PD4
et PD5 viennent détecter les signaux, qui sont ensuite soustraits et utilisés, via un
double intégrateur, pour corriger la longueur de la cavité. La bande passante de la
boucle d’asservissement est de 10 kHz.
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Asservissement de puissance

L’asservissement de Hänsch-Couillaud ne permet pas de remédier aux fluc-
tuations de puissance intra-cavité, pour la majeure partie dues aux fluctuations de
la puissance disponible en sortie de fibre. D’autre part, on veut être capable de
changer rapidement la profondeur du piège lorsqu’on passe de la phase de char-
gement du piège à la phase d’interrogation. Enfin, on veut aussi réduire le taux de
chauffage des atomes par le piège. Pour ces trois raisons, un asservissement sup-
plémentaire a été ajouté sur la puissance du piège. Pour cela on utilise le signal
détecté par la photodiode PD3 qui est proportionnel à la puissance intra-cavité. On
génère alors un signal d’erreur à partir de la différence entre la tension générée par
cette diode et celle d’un signal de référence à l’aide d’un amplificateur différentiel.
Le signal est alors intégré à l’aide d’un double intégrateur et utilisé pour corriger
la valeur de la fréquence appliquée au MAO à la sortie du laser Ti :Sa. La bande
passante de l’asservissement est dans ce cas de 100 kHz.

Asservissement des franges

Expérimentalement, on observe que le signal d’erreur généré par l’asservisse-
ment de Hänsch-Couillaud n’est pas tout à fait symétrique, ce qui signifie qu’on
ne s’asservit pas exactement sur le sommet des franges de résonance. Cet effet
implique d’une part que la puissance intra-cavité n’est pas maximale lorsqu’on
est asservi, mais augmente aussi la sensibilité du système à des fluctuations de la
longueur de la cavité ou de la fréquence du laser. Pour recentrer le signal d’erreur
sur la résonance de la cavité, on ajoute alors un dernier asservissement. Pour cela
on ajoute au signal d’erreur une petite modulation de fréquence à 3 Hz. Cette mo-
dulation se répercute sur la correction apportée par l’asservissement de puissance.
La réponse de ce deuxième asservissement est détectée de façon synchrone puis
démodulée de façon à générer un signal qui, après intégration, va servir de cor-
rection au signal d’erreur du premier asservissement. Ce dernier asservissement a
une constante de temps très longue, de l’ordre de 10 s, qui est largement suffisante
pour cette dernière correction.

Stabilité du piège

Afin d’évaluer la stabilité du piège et la durée de vie des atomes dans le piège,
on a mesurée la densité spectrale de fluctuations d’intensité Sε(ν) à l’intérieur de
la cavité, qui est exprimée en intensité relative ε = I(t)−I0

I0
. Les résultats lorsque

les différents asservissement sont branchés sont tracés sur la figure 4.9. En utili-
sant [133] on peut calculer le taux de chauffage Γε traduisant l’accroissement de
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l’énergie moyenne 〈E〉 à la fréquence ν0 :

d〈E〉
dt

= Γε〈E〉 (4.4)

Γε = π2ν2
0 Sε(2ν0). (4.5)

En extrapolant le comportement aux fréquences supérieures à 10 kHz à 10−13 Hz−1,
on peut évaluer ce taux de chauffage dans le cas le plus défavorable, c’est à
dire pour un piège ayant une fréquence de piégeage longitudinale νz = 250 kHz
et transverse νt = 540 Hz (ce qui correspond à une profondeur de piégeage de
1300 Er). On trouve alors Γε,z = 6.2×10−2 s−1 et Γε,t = 2.9×10−5 s−1. Le taux
de chauffage longitudinal est encore plus faible pour un piège à 10 Er (νz =
22 kHz), donc pour des cycles dont la durée ne dépasse pas 1 s, l’excitation des
atomes due au chauffage par le piège est totalement négligeable.
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FIG. 4.9 – Densité spectrale des fluctuations d’intensité du piège. Les courbes les plus
hautes correspondent à un piège uniquement asservi avec le méthode Hänsch-Couillaud
et un gain optimisé ou non. Pour la troisième courbe on a ajouté l’asservissement des
franges. La dernière courbe représente le cas où tous les asservissements fonctionnent.
On atteint un palier de bruit blanc après 1 kHz avec un bruit légèrement en dessous de
10−12 Hz−1.
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4.5 Transfert des atomes dans le piège dipolaire

4.5.1 Différentes approches
Pour transférer les atomes dans le piège dipolaire, plusieurs approches sont

possibles. La première, la plus simple, consiste à se contenter des étapes précé-
dentes. Le piège traversant le centre du piège magnéto-optique, on peut espérer, en
coupant le PMO, garder des atomes dans le piège dipolaire. Cette technique n’est
pas très efficace car la température des atomes dans le PMO est de l’ordre de 2 mK
alors qu’au mieux la profondeur du piège dipolaire atteint 200 µK (soit 1400 Er).
Comme le recouvrement est relativement faible (le piège a un rayon de 89 µm,
le PMO de 1.5 mm), la probabilité d’avoir, au moment où on coupe le PMO, des
atomes suffisamment froids au niveau du piège dipolaire est assez faible. D’autre
part cette technique ne permet pas un piégeage cumulatif des atomes.

On peut alors penser à refroidir les atomes encore plus avant de les piéger.
C’est possible grâce à la transition 1S0 → 3P1 qui, avec sa largeur de 7.6 kHz
(Isat = 3 µW/cm2), a une limite de refroidissement Doppler TD ' 200 nK. Comme
elle est étroite, on ne peut piéger que des atomes déjà relativement lents. Pour re-
froidir une quantité significative d’atomes du PMO, on peut utiliser en premier
lieu un laser modulé en fréquence pour ralentir les atomes les plus rapides. Il
est possible ensuite de réaliser un deuxième PMO "rouge" à partir du premier
PMO "bleu" [134, 135]. Il se trouve que sa mise en œuvre expérimentale est rela-
tivement difficile. D’une part, les sensibilités magnétiques des deux niveaux sont
très différentes, ce qui réduit l’efficacité du refroidissement lorsque les atomes
sont dans des sous-niveaux Zeeman extrêmes. Il faut donc ajouter un laser sup-
plémentaire pour repomper les atomes vers les sous-niveaux "centraux". D’autre
part, le temps de réalisation du PMO dans ce cas est relativement important. La
référence [135] a démontré un refroidissement des atomes à une température de
2 µK en 100 ms. Notre but étant de diminuer au maximum la durée des étapes
de préparation par rapport à la durée de l’interrogation, nous avons recherché une
méthode plus rapide. Enfin, l’extension spatiale de l’assemblée d’atomes ainsi
réalisée n’est que de 240 µm, ce qui rend l’alignement avec le piège dipolaire
très critique (le nombre d’atomes piégés dépend du recouvrement au moment où
on coupe le PMO). Pour toutes ces raisons, nous avons opté pour une approche
différente.

4.5.2 Principe du drainage atomique
L’idée du drainage atomique vient de la nécessité de trouver une manière de

remplir le piège dipolaire de manière cumulative avec le moins de contraintes
techniques possible. Cette méthode permet de transférer les atomes pendant la
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phase de piégeage magnéto-optique en les découplant de ce dernier. Pour cela, on
utilise deux lasers accordés sur les transitions 1S0 → 3P1 à 689 nm et 3P1 → 3S1 à
688 nm (voir le schéma des niveaux en figure 4.10 (a)), superposés avec le piège
dipolaire et ayant un diamètre plus faible. Les atomes du PMO qui se trouvent au
niveau du piège dipolaire sont alors pompés par ces lasers vers le niveau 3S1. La
durée de vie de ce niveau étant d’environ 10 ns, ils se désexcitent très vite vers un
des niveaux du triplet 3P. Dans 66% des cas, ces atomes vont retomber dans les
niveaux 3P0 ou 3P2 qui sont métastables. Étant donnée la durée d’un cycle d’hor-
loge, ces atomes restent dans ces niveaux. Les atomes retombant dans le niveau
3P1 sont quant à eux à nouveau pompés ou retombent dans le niveau fondamental.
Les atomes dans les états métastables ne sont donc plus en interaction avec les
faisceaux du PMO. S’ils sont suffisamment froids, ils restent dans le piège, sinon
ils sont perdus. D’autre part, par un processus de rethermalisation, de nouveaux
atomes s’accumulent au centre du PMO et peuvent à nouveau être pompés. Ce
processus permet donc de "charger" le réseau pendant toute la durée du piègeage
magnéto-optique.

Une fois les faisceaux bleus et le champ magnétique coupés, on ne conserve
que les atomes dans les deux états métastables. Par l’utilisation de deux lasers re-
pompeurs accordés sur les transitions 3P0 → 3S1 à 679 nm et 3P2 → 3S1 à 707 nm
(figure 4.10 (b)), on peut imposer aux atomes le chemin inverse et les ramener tous
dans le niveau fondamental tout en les conservant dans le piège, en passant par le
niveau 3P1 de faible durée de vie.

4.5.3 Mise en œuvre expérimentale du drainage atomique

Sources lasers

Les lasers utilisés pour le drainage atomique doivent être accordés sur les tran-
sitions |1S0,F = 9/2〉→ |3P1,F = 9/2〉 et |3P1,F = 9/2〉→ |3S1,F = 9/2〉 qui ont
été choisies car ce sont les transitions hyperfines les plus proches des transitions
correspondantes pour le 88Sr (voir le schéma des décalages isotopiques sur la fi-
gure 4.11). On utilise le même type de diode pour ces deux lasers que celle utilisée
pour réaliser le laser d’horloge. Ces diodes étant généralement spécifiées autour
de 688 ou 689 nm, il n’y a aucune difficulté pour atteindre la longueur d’onde
désirée.

Les deux diodes sont montées sur une cavité étendue utilisant un filtre inter-
férentiel. Afin de bien résoudre la structure du niveau 3P1 (de largeur 7.6 kHZ),
le laser à 689 nm est asservi sur une cavité ultra-stable similaire à celle utilisée
pour le laser d’horloge via la technique Pound-Drever-Hall. Son fonctionnement
est en tout point similaire à celui du laser d’horloge, mis à part qu’il n’y a pas de
stabilisation des vibrations mécaniques. La largeur de raie obtenue dans ce cas est
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FIG. 4.10 – Schéma des niveaux intervenant lors du transfert des atomes dans le piège
dipolaire. (a) Étape de drainage atomique, les atomes sont transférés vers les deux états
métastables 3P0 et 3P2. (b) Repompage des atomes piégés vers le niveau fondamental 1S0.

de l’ordre de 100 Hz. Afin de rattraper la différence de fréquence entre la cavité
et la résonance atomique, on utilise également deux MAO dont un en double pas-
sage, puis le signal est utilisé pour injecter un laser esclave afin de disposer d’une
puissance plus importante. Toute cette partie du montage est située sur une table
optique annexe. Dans le cas du laser à 688 nm, aucune stabilisation supplémen-
taire n’est réalisée, et le faisceau sortant de la diode est directement utilisé pour
réaliser un asservissement sur la résonance atomique. Il est monté sur la table
optique principale. Le détail du montage est présenté sur la figure 4.12

Asservissement sur résonance atomique

De la même manière que pour le laser à 461 nm, les lasers à 688 nm et 689 nm
sont asservis sur les résonances atomiques correspondantes de l’isotope bosonique
88Sr, qui a l’avantage de ne pas avoir de structure hyperfine. Pour cela on utilise
la deuxième fenêtre du jet atomique secondaire. Les niveaux 3P1 et 3S1 ont par
contre une structure Zeeman avec des sous-niveaux magnétiques m = −1, 0, 1.
Cette dégénérescence est levée en appliquant un champ magnétique parallèle au
sens de propagation des atomes, de manière à avoir tous les types de transition
possibles.

Le faisceau à 689 nm est envoyé vers le four annexe via un MAO (AO3 sur
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FIG. 4.11 – Fréquences des transitions 1S0 → 3P1 (a) et 3P1 → 3S1 (b) pour les différents
sous-niveaux hyperfins. Les fréquences sont relatives à la fréquence (unique) correspon-
dante pour l’isotope 88Sr.

la figure 4.12). L’ordre 0 sert à l’asservissement, alors que l’ordre +1 permet de
rattraper le décalage entre la transition pour le boson et celle pour le fermion. Le
faisceau traversant le jet atomique est rétro-réfléchi de manière à pouvoir observer
un profil d’absorption saturée. En variant la fréquence du MAO en double passage
servant à injecter le laser esclave (AO1), on peut voir passer les trois résonances
m = 0→m′ =−1, 0, 1, avec un creux d’absorption saturée d’environ 200 kHz de
largeur. Cette largeur correspond au fait que la transition a été élargie par satura-
tion. Pour s’asservir sur la résonance m = 0→ m′ = 0, on utilise une modulation
carrée de 100 kHz de profondeur, et on détecte la fluorescence des atomes de fa-
çon synchrone. Le signal d’erreur est alors envoyé vers un ordinateur qui l’intègre
numériquement et vient contrôler en retour la fréquence de AO1.

De la même manière, c’est l’ordre 0 de AO5 qui sert à l’asservissement sur la
transition 3P1→ 3S1 (un MAO supplémentaire est utilisé pour décaler la fréquence
dans le cas où l’on souhaite faire fonctionner l’horloge avec l’isotope 88Sr ; cette
modification sera expliquée dans le chapitre 6). Le faisceau est également rétro-
réfléchi et vient sonder les atomes juste après leur excitation par le laser à 689 nm,
de manière à ce qu’une population significative se trouve toujours dans l’état 3P1.
La durée de vie de ce niveau est d’environ 100 µs, donc tous les atomes sont re-
tombés dans l’état fondamental 5 cm après l’interaction avec le laser à 689 nm.
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Un petit décalage de quelques mm entre les deux faisceaux est donc suffisant. On
peut alors observer les deux résonances m′ = 0→m′′ =±1, la troisième ayant un
coefficient de Clebsch-Gordan nul. Le même type d’asservissement vient contrô-
ler le transducteur piézoélectrique qui contrôle la longueur de la cavité étendue du
laser, de manière à se maintenir au milieu des deux résonances observées avec la
photodiode.

Alignement des faisceaux

Une fois asservis, les deux faisceaux doivent être superposés puis envoyés
vers la chambre à vide. La superposition est réalisée à l’aide d’un filtre interféren-
tiel identique à celui utilisé dans la cavité étendue du laser ultra-stable. L’angle
est ajusté de manière à ce que le filtre soit transparent à 688 nm. Étant donnée
la bande passante de transmission, le filtre est alors parfaitement réfléchissant à
689 nm. Une fois recombinés, on les fait passer dans un trou calibré de 20 µm de
diamètre qui leur donne une forme commune et permet de s’assurer du bon aligne-
ment (voir le schéma du montage 4.12). De plus, ce trou est l’image du centre du
piège dipolaire par l’association des lentilles situées entre les deux. Les longueurs
d’onde des deux lasers étant proches, ils restent en pratique superposés jusqu’au
niveau des atomes malgré les lentilles. Enfin, ces faisceaux sont superposés au
faisceau à 698 nm à l’aide d’un second filtre interférentiel.

Les dimensions des faisceaux ont été choisies pour optimiser le processus de
drainage. Il faut notamment que leur rayon à 1/e2 soit situé au centre du piège et
soit plus petit que celui du piège. On a choisi de leur donner une taille commune
w0 = 50 µm, ce qui correspond à une longueur de Rayleigh zR = 11 mm, assurant
que l’alignement longitudinal n’est pas critique. Les puissances ont été optimisées
en regardant le nombre d’atomes dans le piège au moment de l’interrogation. Les
valeurs utilisées sont P689 = 3 µW et P688 = 30 µW.

4.5.4 Repompage des atomes
Le drainage atomique se fait simultanément avec le piégeage magnéto-optique.

À la fin de ce dernier, tous les lasers, à l’exception du piège dipolaire, sont cou-
pés et on commence une courte phase de repompage (5 ms) destinée à ramener
les atomes piégés dans leur état fondamental. Cette phase est effectuée à l’aide
de deux lasers à 679 nm (accordé sur la transition 3P0 → 3S1) et 707 nm (sur
3P2 → 3S1). De la même manière que tous les lasers utilisés dans le rouge, on uti-
lise des diodes laser à cavité étendue. On ne cherche pas dans ce cas à s’accorder
sur une transition hyperfine particulière, mais à couvrir l’ensemble de transitions
possibles. Les fréquences des différentes transitions sont données par rapport à la
fréquence correspondante pour l’isotope bosonique en figure 4.13. Afin de couvrir
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FIG. 4.12 – Schéma du dispositif de drainage atomique. AO1 et AO6 sont utilisés en
double passage. Les traits en pointillés au niveau de AO4 et AO6 représentent le dispositif
dans le cas d’une horloge bosonique et seront expliqués plus en détail dans le chapitre 6.
La partie appelée refroidissement est utilisée dans le cadre du refroidissement sur raie
étroite et sera détaillée dans la section 4.6. DLCE : diode laser à cavité étendue ; IO :
isolateur optique ; PDH : asservissement de Pound-Drever-Hall ; FI : filtre interférentiel.
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tout le spectre, on règle la fréquence des lasers au centre de l’intervalle et on les
module de±4 GHz. Cette modulation est réalisée en jouant à la fois sur l’intensité
du courant d’alimentation des diodes et sur les cales piézoélectriques contrôlant
la longueur des cavités étendues. La modulation de l’intensité permet d’utiliser
plusieurs modes du laser (accordables sur un intervalle d’environ 100 MHz). Ce-
pendant, deux modes consécutifs sont séparés d’environ 2 GHz et la modulation
de la longueur de la cavité permet de couvrir cet intervalle.
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FIG. 4.13 – Fréquences des transitions 3P0 → 3S1 (a) et 3P2 → 3S1 (b) pour les différents
sous-niveaux hyperfins. Les fréquences sont relatives à la fréquence (unique) correspon-
dante pour l’isotope 88Sr.

Les deux diodes sont situées sur la table annexe contenant également les lasers
à 689 nm. La cavité étendue est en configuration Littrow, et la longueur d’onde
centrale est réglée à l’aide d’un lambdamètre commercial (précis à 10−3 nm près).
La fréquence de la modulation appliquée au courant est de 14 kHz, tandis que la
modulation de la longueur de la cavité s’effectue au maximum de la bande pas-
sante de la cale piézoélectrique, soit 1 kHz. On observe expérimentalement que
l’efficacité du repompage n’est pas très sensible à une optimisation de ces pa-
ramètres. Les deux faisceaux sont alors envoyés dans le même MAO dans deux
directions opposées (voir le schéma du montage en figure 4.14). Cette manœuvre
a pour but de permettre d’éteindre simultanément les deux faisceaux. Étant don-
née la différence de longueur d’onde, les faire passer dans le même sens aurait
légèrement séparé les faisceaux. Au lieu de ça, on a choisi de les recombiner par
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la suite sur un filtre interférentiel puis de les injecter dans une fibre commune. Ils
sont alors envoyés verticalement sur le piège par le dessus de la chambre à vide.
L’alignement, assez peu critique, se fait en superposant les faisceaux aux autres
faisceaux à la sortie de la fibre et au niveau du trou calibré situé de l’autre côté
de la chambre à vide. Les faisceaux font environ 200 µm au niveau des atomes, et
leurs intensités sont très largement supérieures aux intensités de saturation corres-
pondantes. On utilise P679 = 500 µW et P707 = 200 µW, et l’efficacité maximale
de repompage est atteinte après environ 1 ms.
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FIG. 4.14 – Schéma du dispositif permettant de repomper les atomes dans le niveau
fondamental. Le MAO est utilisé dans les deux sens et sert à éteindre les faisceaux.

4.6 Refroidissement sur raie étroite

4.6.1 Nécessité d’une deuxième étape de refroidissement
À la fin du transfert des atomes dans le piège dipolaire, la température typique

des atomes est de l’ordre de la profondeur du piège, soit environ 200 µK pour un
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piège profond (de l’ordre de 1400 Er). La dynamique des atomes piégés est alors
quantifiée, et de nombreux niveaux vibrationnels sont peuplés. Dans la direction
longitudinale, où les atomes sont piégés dans les puits du réseau, seule une petite
fraction des atomes se trouve dans le niveau fondamental. Or on a montré dans
le chapitre 2 que pour s’affranchir largement des effets motionnels des atomes,
il fallait que la majeure partie des atomes se trouve dans le niveau fondamental
n = 0 du piège. D’autre part, le piège n’étant pas harmonique, un déplacement
de la longueur d’onde du piège peut entraîner des contributions différentes selon
l’état vibrationnel des atomes, et rendre plus difficile l’évaluation des effets liés au
laser du piège. Des atomes dans des niveaux différents vont notamment apporter
une contribution différente au terme d’hyperpolarisabilité. Il est donc nécessaire
de refroidir les atomes au mieux pour peupler majoritairement le niveau longi-
tudinal fondamental (expérimentalement, on atteint un peuplement de 95%). De
plus, selon le niveau vibrationnel transverse, les atomes voient des profondeurs
de piège différentes. Même si cet effet n’intervient pas lors de l’interrogation si
l’alignement du faisceau sonde sur le piège est parfait, il est important de refroidir
les atomes aussi dans cette direction pour limiter les effets provenant d’un défaut
d’alignement.

Sachant que les atomes sont déjà piégés, on peut utiliser d’autres techniques
de refroidissement que le piège magnéto-optique "rouge". Une technique parti-
culièrement efficace est le refroidissement par bandes latérales, qui permet de
faire perdre un quantum vibrationnel aux atomes après un cycle d’absorption-
émission [136, 137]. Pour le mettre en œuvre, on a besoin d’une transition étroite
mais suffisamment large pour que le refroidissement soit rapide. La transition
1S0 → 3P1, utilisée par d’autres équipes pour réaliser un second PMO, a les carac-
téristiques requises. Le principe du refroidissement par bandes latérales (schéma-
tisé sur la figure 4.15) consiste à désaccorder la fréquence de ce laser pour qu’il
soit résonant avec une transition du type | f ,n〉→ |e,n−1〉 où | f 〉= |1S0,F = 9/2〉
et |e〉= |3P1,F = 9/2〉. L’atome se désexcite alors principalement suivant la tran-
sition |e,n−1〉→ | f ,n−1〉, et après plusieurs cycles, on peut l’amener dans le ni-
veau n = 0. Dans notre cas, cette technique est réalisable car la fréquence d’oscil-
lation correspondant à un piège de profondeur U0 = 1400 Er est νosc = 250 kHz :
les bandes latérales sont donc largement résolues puisque la transition ne fait elle-
même que 7.6 kHz de large.

En ce qui concerne le refroidissement transverse, on ne peut pas appliquer la
même méthode, puisque la séparation des niveaux dans ce cas n’est que de 540 Hz.
En comparaison avec la largeur de la résonance, le comportement des atomes dans
le plan transverse est proche d’une distribution Doppler classique. Le plus simple
est donc d’opérer un refroidissement Doppler, le désaccord entre la fréquence
du laser et la résonance atomique étant ajusté en fonction de la distribution des
vitesses transverses.
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FIG. 4.15 – Principe de fonctionnement du refroidissement par bandes latérales. Ici les
atomes ne voient pas le même potentiel suivant leur état interne.

4.6.2 Limites du refroidissement longitudinal

Le principe simple exposé dans la section précédente n’est malheureusement
pas applicable tel quel dans notre situation. Le principal problème vient du fait
qu’à la longueur d’onde magique, définie pour la transition d’horloge 1S0 → 3P0,
le potentiel de piégeage vu par les atomes dans les états 1S0 et 3P1 n’est pas le
même, et la fréquence de transition dépend donc de la profondeur du piège. Le
déplacement lumineux vient du couplage du niveau 3P1 à des niveaux excités,
dont notamment le niveau 3S1. A cause de la sous-structure magnétique de ces
deux niveaux, le déplacement lumineux du niveau 3P1 dépend du sous-niveau mF
et les bandes latérales rouges et bleues associées à chaque transition possible sont
enchevêtrées. À une profondeur de 1400 Er, le déplacement de la fréquence de
transition s’étale sur ±1.5 GHz autour de la résonance atomique non perturbée en
fonction des sous-niveaux Zeeman excités (voir figure 4.16). Les transitions mF =
±1/2→mF =±1/2 sont décalées vers le rouge de la transition non perturbée, et
les transitions mF =±9/2→ mF =±9/2 vers le bleu.

Pour rendre le refroidissement par bandes latérales efficace dans ce cas, une
solution est d’élargir la transition par saturation. Ainsi, en se plaçant dans le rouge
de la porteuse, on est capable d’adresser à la fois les bandes latérales rouges, la
porteuse et les bandes latérales bleues. Il en résulte une compétition entre le re-
froidissement (dû aux bandes latérales rouges) et le chauffage (dû aux bandes laté-
rales bleues). On peut alors trouver les conditions optimales de refroidissement en
terme de désaccord du laser et du paramètre de saturation. Dans le cas de notre re-
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froidissement, le paramètre de Lamb-Dicke vaut η =
√

ωr
ωosc

où ωr est la pulsation
associée à Er et ωosc = 250 kHz. Le paramètre vaut donc η = 0.195¿ 1 et dans
le cas où seuls les niveaux de plus basse énergie sont peuplés, on peut considérer
que seules la porteuse et les deux premières bandes latérales sont excitables, étant
donnée la valeur des forces de couplage [56] :

Ωn→n = Ω0 (4.6)
Ωn→n−1 = Ω0

√
nη (4.7)

Ωn→n+1 = Ω0
√

n+1η . (4.8)

En supposant qu’à la fin du processus seuls les niveaux n = 0 et n = 1 sont peu-
plés, on peut montrer [116] que le rapport des populations des deux niveaux peut
s’écrire à l’état stationnaire :

P0

P1
=

∑mF Γ−,1(mF)
∑mF Γ+,0(mF)

, (4.9)



148 CHAPITRE 4

où Γ−,1(mF) est le taux de refroidissement à partir du niveau n = 1 et Γ+,0(mF)
est le taux de chauffage à partir du niveau n = 0, pour un mF particulier. Ce rapport
de population augmente lorsque le laser est accordé avec une bande latérale rouge
associée à un |mF | particulier, et on montre qu’il est maximal pour |mF | = 1/2,
situation dans laquelle on va vouloir se placer.

La deuxième limite au refroidissement vient de notre dispositif expérimen-
tal : le même faisceau est utilisé pour l’étape de drainage atomique et le refroi-
dissement longitudinal, et la même puissance est utilisée pour les deux étapes.
Or une puissance plus faible que les 3 µW utilisés (qui correspondent à un pa-
ramètre de saturation s = I/Isat = 25000) détériore le drainage mais améliore le
refroidissement. Néanmoins, les calculs et les mesures (présentées dans le cha-
pitre 5) montrent qu’on est capable dans cette situation d’amener au moins 90%
des atomes dans le niveau fondamental. Même si les calculs prévoient un proces-
sus rapide, de l’ordre de quelques ms, le temps de refroidissement utilisé est par
contre nettement supérieur, de l’ordre de 60 ms. Cette différence vient de l’an-
harmonicité du potentiel et du fait que la fréquence des bandes latérales dépend
aussi de l’excitation transverse (un modèle dans le chapitre 5 permet de rendre
compte de cette dépendance). Ces effets viennent diminuer l’efficacité du refroi-
dissement, certains états se retrouvant seulement faiblement couplés au laser de
refroidissement. D’autre part, le refroidissement a été réglé de manière à atteindre
la température la plus basse ; il est possible que l’optimisation de la durée du re-
froidissement conduise à une température finale des atomes plus élevée.

4.6.3 Refroidissement transverse

Dans la direction transverse, on souhaite utiliser un refroidissement Doppler
sur raie étroite. Si on veut pouvoir interagir avec un maximum d’atomes, il faut
également saturer la transition pour l’élargir. A la fin du processus de refroidisse-
ment sur la transition 1S0 → 1P1 et après capture dans le piège dipolaire, la tempé-
rature des atomes est de l’ordre de la profondeur du piège, soit 200 µK pour une
profondeur U0 = 1400 Er. La vitesse quadratique moyenne des atomes associée

est
√
〈v2〉=

√
3kBT

m ' 0.25 m/s. La transition est donc élargie d’environ 2 MHz à
la fois par effet Doppler et par le déplacement lumineux différentiel des différents
sous-niveaux Zeeman. La largeur naturelle de la transition étant Γ0/2π = 7.6 kHz,
il faudrait un paramètre de saturation de l’ordre de s = 105 pour obtenir un élar-
gissement par saturation suffisant (Γ = Γ0

√
1+ s). En fait il faut également tenir

compte du fait que la température accessible par un processus est limitée par le
paramètre de saturation. En considérant un atome à deux niveaux, la limite de
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refroidissement Doppler s’écrit :

kBT =− h̄Γ0

4

1+ s+(2δ
Γ0

)2

2δ
Γ0

, (4.10)

où δ est le désaccord. Pour un paramètre de saturation s = 104 et un désaccord δ =
−100Γ0, utilisés expérimentalement, on peut atteindre une température d’environ
12 µK.

4.6.4 Montage expérimental

Le montage propre au refroidissement sur raie étroite est schématisé sur la
figure 4.17. La partie concernant le refroidissement longitudinal est celle repré-
sentée en détail sur la figure 4.12. Le refroidissement transverse est quant à lui
indépendant. Il provient d’une partie du signal de la diode esclave qui est cou-
plé dans une fibre à maintien de polarisation (le modulateur acousto-optique AO7
avant la fibre est utilisé lors du passage à l’horloge à boson, dans notre cas on
récupère l’ordre 0 et il n’intervient pas). En sortie de fibre, le faisceau est séparé
en deux selon deux polarisation orthogonales. Chacune des polarisations traverse
un modulateur acousto-optique (AO8 et AO9 sur le schéma) pour atteindre la
résonance atomique (équivalents à AO4 dans la direction longitudinale). Leur fré-
quence est cependant décalée d’une faible quantité (20 kHz) de manière à ce que,
après recombinaison sur un second cube, les deux faisceaux résultants aient une
polarisation modulée. Le but de cette manœuvre est d’éviter les états noirs dans
le processus de refroidissement [138] ainsi que les fluctuations de puissance. Le
décalage de fréquence est par ailleurs suffisant pour que la modulation soit plus
rapide que le temps de pompage optique. Les deux faisceaux sont alors injectés
dans deux fibres optiques et acheminés jusqu’à la chambre à vide, où ils sont en-
voyés à travers le piège et rétro-réfléchis. Des lentilles de collimation permettent
d’obtenir des faisceaux parallèles dans la chambre, de diamètre 1.5 mm. A la sor-
tie de la fibre FMP1, qui est utilisée par la suite pour le pompage optique, une lame
quart d’onde a été ajoutée. Elle n’a aucun effet sur l’efficacité du refroidissement.

Les fréquences utilisés pour les trois MAO dépendent en fait de la profon-
deur du piège, puisqu’ils servent à rattraper le décalage isotopique entre 87Sr et
88Sr modulo le déplacement lumineux. Les valeurs indiquées sur les schémas cor-
respondent à une profondeur U0 = 1400 Er. L’optimisation de ces fréquences se
fait expérimentalement en regardant le spectre des bandes latérales de la transi-
tion d’horloge (voir la section 5.1.1), ce qui permet de déterminer l’efficacité du
refroidissement.
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FIG. 4.17 – Schéma du montage utile pour le refroidissement sur raie étroite. Les valeurs
données pour AO8 et AO9 correspondent à une profondeur de piège de 1400 Er.

4.7 Pompage optique

4.7.1 Principe
Pour les mêmes raisons que pour le refroidissement sur raie étroite, le pom-

page optique visant à amener les atomes dans un sous-niveau Zeeman extrême
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(mF =±9/2) doit se faire en utilisant une transition suffisamment large pour que
le processus puisse se faire rapidement. C’est pourquoi la transition 1S0 → 3P1
est également idéale pour pomper optiquement les atomes. En négligeant les cor-
rections des effets de structure fine et hyperfine, qui ne sont que de l’ordre 10−3,
le facteur de Landé du niveau |3P1,F = 9/2〉 vaut g(3P1) = 2/33 ' 6×10−2. En
comparaison du facteur de Landé du niveau fondamental calculé dans le chapitre 2
(g(1S0)' 1.3×10−4), son effet est largement dominant et on peut considérer que
la structure magnétique des différentes transitions possible est essentiellement due
au niveau excité. Le déplacement Zeeman peut alors s’écrire de manière appro-
chée ∆νZ ' g(3P0)mF µBB/h, où on ne tient pas compte de la nature (π ou σ±) de
la transition. Sa valeur numérique est ∆νZ ' 84.8mF kHz/G.

A cause de cette valeur du déplacement Zeeman, la transition 1S0 → 3P1 est
très facilement élargie en présence d’un champ magnétique. En dehors des phases
de pompage optique et d’interrogation, un système de bobines de compensation
permet d’annuler le champ magnétique au centre du piège. Néanmoins ce disposi-
tif ne permet pas d’annuler le champ magnétique à mieux que 10 mG, ce qui signi-
fie que les sous-niveaux Zeeman du niveau 3P1 sont déjà séparés de 800 Hz alors
que la largeur de raie du laser n’est que de 100 Hz. De plus, si on veut imposer un
axe de quantification au système, il faut appliquer un champ biais suffisamment
fort pour ne pas être sensible aux fluctuations du champ magnétique résiduel. Avec
un champ biais de 300 mG, l’axe de quantification est défini à mieux que 1◦, mais
les transitions σ extrêmes sont séparées d’environ 200 kHz. Il faut donc élargir
la transition pour que le laser soit résonant avec toutes les transitions, par satura-
tion ou à l’aide d’une modulation de la fréquence du laser. En utilisant le même
laser que celui utilisé pour le refroidissement transverse (qui a un paramètre de
saturation s = 104), le niveau 3P1 est déjà élargi d’un facteur 100 à 760 kHz, ce
qui est suffisant pour le pompage optique. On pourrait diminuer le paramètre de
saturation, mais il faut trouver un compromis entre le refroidissement et la phase
de pompage optique. Dans cette configuration, le pompage optique a néanmoins
présenté une efficacité de 80% (voir chapitre 5) et l’utilisation d’une modulation
de la fréquence du laser supplémentaire n’a apporté aucune amélioration.

4.7.2 Mise en œuvre
Le dispositif de pompage optique, schématisé sur la figure 4.18, est directe-

ment dérivé de celui utilisé pour le refroidissement transverse. Seul un des deux
MAO servant à créer une modulation de la polarisation pour le refroidissement est
utilisé. D’autre part on n’utilise plus que la fibre optique FMP1, l’accès à l’autre
fibre étant bloqué par un obturateur mécanique synchronisé sur la séquence tem-
porelle. Un champ magnétique est appliqué selon l’axe du faisceau sortant de la
fibre à l’aide de deux bobines en configuration Helmoltz. Ainsi, suivant le MAO
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utilisé (AO8 ou AO9), le faisceau arrivant sur la fibre utilisée peut avoir deux po-
larisations orthogonales. La lame demi-onde en entrée de fibre permet d’aligner
ces polarisations sur un des deux axes propres de la fibre. La lame quart d’onde
de sortie de fibre, quant à elle, permet d’obtenir une polarisation circulaire qui est
soit σ+, soit σ−. Le principe de la mesure étant d’alterner le pompage optique
dans un sens ou dans l’autre, il n’est pas important de savoir quel chemin produit
quelle polarisation. Le passage d’une polarisation à l’autre se fait en commandant
par ordinateur les synthétiseurs contrôlant les deux MAO.

AO8 AO9

PMO

FMP1

λ/2

λ/2

λ/2

+
2

2
0

.2
7

 M
H

z

0

λ/4

FIG. 4.18 – Schéma du montage de pompage optique. On a réutilisé le montage de
refroidissement transverse en ne sélectionnant qu’un seul trajet et une seule fibre. La po-
larisation est linéaire en entrée de fibre et transformée en polarisation circulaire à l’aide de
la lame quart d’onde. Pour obtenir la polarisation circulaire contraire, on inverse les rôles
de AO8 et AO9 (trajet tracé en pointillés). Le champ magnétique appliqué est parallèle à
le direction de propagation du faisceau.

4.8 Interrogation et détection des atomes

4.8.1 Interrogation
L’interrogation des atomes, qui se fait avec le laser à 698 nm présenté dans le

chapitre 3, est le moment où il faut s’assurer du contrôle des effets systématiques.
Pour cette raison, on modifie la profondeur du piège dipolaire juste avant, en appli-
quant une rampe dans la commande de l’asservissement en puissance. Après avoir
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mesuré la température des atomes (qui est liée au niveau d’occupation moyen du
piège) pour différentes durées de la rampe, il s’est avéré qu’une rampe de 1 ms est
assez longue pour assurer un changement adiabatique de profondeur et maintenir
les atomes dans le niveau fondamental du piège. En parallèle, on modifie égale-
ment la valeur du champ magnétique de manière à se placer autour de 1 G. Un
délai avant l’impulsion à 698 nm permet de s’assurer que le champ magnétique
est bien stabilisé au moment de l’interrogation.

L’interrogation est de type Rabi, n’utilisant qu’une seule impulsion. A cause
de la perte de cohérence du laser d’horloge sur les temps long, les oscillations
de Rabi finissent par s’amortir autour d’une probabilité de 1/2. En utilisant des
impulsions d’une durée typique de 20 ms et une intensité de quelques mW/cm2,
on observe des résonances dont la largeur est limitée par la largeur de raie du laser
et une probabilité de transition de 1/2 à résonance.

Le dispositif lié à l’interrogation des atomes est présenté en figure 4.19. Une
partie du faisceau à 698 nm issu du laser ultra-stable est envoyé dans un MAO en
double passage de fréquence variable. Ce MAO permet à la fois de combler la
différence de fréquence entre la cavité ultra-stable et la résonance atomique et de
sonder alternativement les deux côtés de la résonance atomique en modifiant sa
fréquence. Une modification de la fréquence du MAO d’environ 30 MHz permet
de s’accorder sur la fréquence d’horloge du 88Sr. Le faisceau est ensuite acheminé
vers la table optique principale par fibre optique, puis vient injecter un laser es-
clave pour augmenter la puissance disponible. On dispose alors de quelques mW
à 698 nm. Le faisceau traverse un second MAO, puis est polarisé linéairement de
manière très précise à l’aide d’un polariseur de Glan. Un lame demi-onde permet
ensuite de faire tourner cette polarisation. En fonction de la transition que l’on
veut sonder, on peut soit aligner la polarisation sur le champ magnétique (polari-
sation π), soit la rendre orthogonale (ce qui correspond à un mélange de polarisa-
tions circulaires σ+ et σ−). Le faisceau est alors recombiné avec les faisceaux de
drainage atomique sur un filtre interférentiel avant d’aller sonder les atomes.

4.8.2 Détection
La détection des atomes se fait en deux étapes. D’abord, on utilise une impul-

sion de 2 ms en utlisant la sonde bleue à 461 nm directement après l’interrogation.
Seuls les atomes restés dans le niveau fondamental sont excités et fluorescent.
D’autre part, l’interaction les chasse du piège. Les atomes restés dans l’état ex-
cité sont alors repompés dans le niveau fondamental en utilisant les mêmes lasers
que lors du drainage atomique. Une seconde impulsion bleue permet de détecter
les atomes de l’état excité. Grâce à un asservissement de puissance de la sonde à
461 nm, on s’assure que la fluorescence mesurée est toujours proportionnelle au
nombre d’atomes N f et Ne avec le même coefficient de proportionnalité. La pro-
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FIG. 4.19 – Dispositif servant à l’interrogation des atomes. La sonde à 461 nm intervient
après l’interrogation et la fluorescence est mesurée à l’aide d’une caméra CCD (CCD sur
le schéma). L’information est traitée par ordinateur (PC) pour venir contrôler la fréquence
de AO1. Les fréquences de AO1 sont des ordres de grandeur et dépendent des fluctuations
de fréquence de la cavité ultra-stable.

babilité de transition peut alors être calculée à la fin de chaque cycle suivant la
formule

Pe =
Ne

N f +Ne
. (4.11)

La mesure de la fluorescence, faible du fait du petit nombre d’atomes piégés
(de l’ordre de 104), est réalisée à l’aide d’une caméra CCD refroidie à très bas ni-
veau de bruit Hamamatsu C9100. Elle possède une efficacité quantique d’environ
50% à 461 nm, un très faible niveau de bruit d’obscurité et un faible niveau de
bruit de conversion lorsque les réglages sont optimisés. La collecte des photons se
fait dans un faible angle solide à l’aide d’un objectif de 50 mm ayant une grande
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ouverture. L’angle solide disponible est alors Ω/4π = 4.72×10−4. De plus, pour
éviter d’ajouter du bruit en détectant les photons parasites à 813 nm du piège qui
est également allumé, on utilise un filtre dont la transmission est de 80% à 461 nm
et 1.4×10−4 à 813 nm.
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Chapitre 5

Horloge fonctionnant avec des
atomes de 87Sr

Ce chapitre regroupe l’ensemble des résultats qui ont été obtenus sur l’horloge
dans son fonctionnement habituel, c’est à dire en utilisant l’isotope fermionique
87Sr. La première partie traite de résultats intermédiaires qui ont surtout servi à
la préparation des campagnes de mesure de fréquence absolue faites en mars et
novembre 2006. On présente notamment les résultats relatifs à l’évaluation expé-
rimentale du déplacement lumineux et aux limites que cet effet impose à l’horloge
en terme d’exactitude. La deuxième partie présente le principe de mesure absolue
de fréquence en utilisant un peigne de fréquence issu d’un laser femtoseconde.
Les deux campagnes ont été réalisées avec deux peignes différents. La dernière
partie est une évaluation détaillée des performances de l’horloge, de ses limites et
des améliorations à venir.

5.1 Résultats préliminaires

5.1.1 Température des atomes dans le piège

Afin d’évaluer l’efficacité du refroidissement sur raie étroite, il est possible
de tirer des informations concernant la température en regardant le spectre des
bandes latérales de la transition d’horloge. En effet, la bande latérale rouge, qui
correspond aux transitions de type |n〉 → |n− 1〉, où n est le niveau vibrationnel
de l’atome dans la direction longitudinale, est censée disparaître lorsque tous les
atomes sont dans le niveau fondamental. De plus, on va montrer qu’il existe un
lien entre la population des niveaux transverse et la formes des bandes latérales,
ce qui peut donner également une évaluation de la température transverse. Un
modèle simple permet de déterminer avec précision ces différentes températures.
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Modèle théorique

Ce modèle tient compte du fait qu’à faible température, les atomes sont es-
sentiellement dans les niveaux d’énergie les plus bas du piège, et qu’on peut en
bonne approximation assimiler le potentiel de piégeage à un piège harmonique. En
le développant autour de l’origine, l’expression du potentiel de piégeage s’écrit :

U(r) = U(r,z) = U0(1− e
−2r2

w2
0 cos2(klz))+mgz (5.1)

' U0(k2
l z2 +

2r2

w2
0
− 2k2

l

w2
0

r2z2)+mgz, (5.2)

où on n’a pas tenu compte des termes en r4 et z4 dont les contributions sont res-
pectivement de l’ordre de 10−2 et 10−3 en valeur relative [116]. On peut égale-
ment supprimer le terme linéaire en z en procédant à un changement de variable
(Z = z + mg

2U0k2
l
), mais la contribution des termes impairs à la correction d’énergie

est de toute façon nulle au premier ordre. On négligera donc par la suite ce terme
linéaire. On peut réécrire le développement du potentiel sous la forme

U(r,z) =
1
2

mω2
z z2 +

1
2

mω2
r r2

︸ ︷︷ ︸
Uhar

− 1
4U0

m2ω2
r ω2

z r2z2

︸ ︷︷ ︸
W

, (5.3)

où on a posé
1
2

mω2
z = U0k2

l et
1
2

mω2
r =

2U0

w2
0

. (5.4)

Le potentiel de piégeage peut donc être vu comme un potentiel harmonique Uhar
ayant des fréquences d’oscillation longitudinale et transverse distinctes auquel
vient s’ajouter un terme de couplage entre les mouvements dans les deux direc-
tions W qu’on peut traiter de manière perturbative. On peut alors écrire le hamil-
tonien externe de l’atome comme

Ĥext = Ĥ0 +Ŵ (5.5)

Ĥ0 =
p2

2m
+

1
2

mω2
r (x̂2 + ŷ2)+

1
2

mω2
z ẑ2 (5.6)

Ŵ = − 1
4U0

m2ω2
r ω2

z (x̂2 + ŷ2)ẑ2. (5.7)

Le terme Ĥ0 correspond à un oscillateur harmonique à trois dimensions. On peut
introduire les opérateurs de création â† et d’annihilation â dans chacune des di-
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rections définis par :

x̂2 =
h̄

2mωr
(âx + â†

x)
2, p̂2

x =− h̄mωr

2
(âx− â†

x)
2 (5.8)

ŷ2 =
h̄

2mωr
(ây + â†

y)
2, p̂2

y =− h̄mωr

2
(ây− â†

y)
2 (5.9)

ẑ2 =
h̄

2mωz
(âz + â†

z )
2, p̂2

z =− h̄mωz

2
(âz− â†

z )
2. (5.10)

En définissant les opérateurs nombres N̂i = â†
i âi, Ĥ0 prend la forme connue

Ĥ0 = (N̂x + N̂y +1)h̄ωr +(N̂z +
1
2
)h̄ωz, (5.11)

et les états propres associés sont les états nombres |n〉= |nx〉|ny〉|nz〉 que l’on no-
tera par la suite |nx,ny,nz〉. L’action des différents opérateurs sur ces états propres
est âi|ni〉 =

√
ni|ni − 1〉, â†

i |ni〉 =
√

ni +1|ni + 1〉 et N̂i|ni〉 = ni|ni〉. L’énergie
propre non perturbée est donc

E0(n) = 〈n|Ĥ0|n〉= (nx +ny +1)h̄ωr︸ ︷︷ ︸
Er(nx,ny)

+(nz +
1
2
)h̄ωz

︸ ︷︷ ︸
Ez(nz)

. (5.12)

Avec ces notations, le terme perturbatif s’écrit

Ŵ =− h̄2ωrωz

16U0
[(âx + â†

x)
2 +(ây + â†

y)
2](âz + â†

z )
2, (5.13)

et on peut calculer le déplacement d’énergie dans l’état |n〉 : ε(n) = 〈n|Ŵ |n〉. On
voit que seuls les termes du type â†â ou ââ† vont avoir des contributions non
nulles dans le calcul de ce terme perturbatif, et au final on peut écrire

ε(n) = − h̄2ωrωz

4U0
(nx +ny +1)(nz +

1
2
) (5.14)

= − 1
4U0

Er(nx,ny)Ez(nz). (5.15)

Finalement on écrit l’énergie d’un niveau vibrationnel comme

E(n) = Er(nx,ny)+Ez(nz)(1− Er(nx,ny)
4U0

) (5.16)

= Ez(nz)+Er(nx,ny)(1− Ez(nz)
4U0

). (5.17)
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Le terme en r2z2 dans le développement du potentiel U(r,z) est responsable d’un
déplacement des bandes latérales longitudinales en fonction de l’excitation trans-
verse. En appelant ω± la fréquence de la bande latérale |nz〉 → |nz±1〉, la contri-
bution des atomes situés dans les états (nx,ny) s’écrit :

h̄ω±(nx,ny) =±h̄ωz(1− h̄ωr

4U0
(nx +ny +1)). (5.18)

Sous cette forme, on voit donc que l’excitation transverse des atomes vient mo-
difier la fréquence de la bande latérale longitudinale. Cet effet peut s’interpréter
par le fait que plus le niveau vibrationnel transverse est élevé, plus les atomes
voient un potentiel de piégeage faible. Cet effet est à l’origine d’une asymétrie
des bandes latérales, toutes les contributions transverses étant en valeur absolue à
des fréquences inférieures à |ω±(0,0)|.

Modélisation du spectre

Il est possible de modéliser le spectre des bandes latérales en utilisant l’ex-
pression de l’énergie d’un niveau |n〉 et en supposant que la répartition des atomes
sur les différents niveaux suit une distribution classique de Maxwell-Boltzmann.
Ce choix est confirmé a posteriori en constatant que l’état des atomes est très loin
de la dégénérescence quantique. Pour cela on définit deux températures distinctes
Tz et Tr, correspondant respectivement aux excitations longitudinale et transverse,
que l’on suppose indépendantes. On peut voir le terme correctif ε(n) comme une
correction à l’énergie transverse des atomes, ce qui permet de définir la probabilité
qu’un atome soit dans la configuration n = (nx,ny,nz) comme :

p(n) =
1
N

e−
Ez(nz)
kBTz e−

Er(nx,ny)+ε(n)
kBTr (5.19)

N = ∑
n

e−
Ez(nz)
kBTz e−

Er(nx,ny)+ε(n)
kBTr . (5.20)

Dans le cas d’une bande latérale, on a montré (équation 5.18) que la fréquence
de transition ω± ne dépend que de la quantité nr = nx + ny. La probabilité de
transition à la fréquence ω±(nr) est donc proportionnelle à la somme sur les nz
des populations correspondant à une valeur nr, en sachant que le niveau nz = 0
ne contribue pas à la bande latérale rouge |nz〉 → |nz − 1〉. Le problème étant
parfaitement symétrique dans le plan transverse, il existe nr + 1 couples (nx,ny)
dont la somme donne nr et qui contribuent toutes de la même quantité. Finalement
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on peut écrire la probabilité de transition à la fréquence quantifiée ω±(nr) :

P(ω+(nr)) = A(nr +1)
∞

∑
nz=0

p(nr,0,nz) (5.21)

P(ω−(nr)) = A(nr +1)
∞

∑
nz=1

p(nr,0,nz), (5.22)

où A est une constante de proportionnalité déterminée en ajustant le modèle aux
courbes expérimentales.

En faisant des simulations numériques, on a pu reproduire assez fidèlement la
forme des bandes latérales en jouant sur les quatre paramètres du modèle (A, Tr,
Tz et U0). Un exemple d’ajustement, où la bande latérale rouge est ramenée à des
fréquences positives, est présenté sur la figure 5.1. Pour ce modèle, on a également
tenu compte du fait que le piège n’est pas harmonique dans la direction verticale
et calculé la séparation entre les différents niveaux d’énergie en fonction de la
profondeur du piège. L’approximation harmonique dans la direction transverse est
par contre bien vérifiée. Le choix de la profondeur du piège permet alors d’ajuster
la fréquence centrale des bandes latérales, le choix de Tz la différence de hauteur
entre les deux bandes latérales, celui de Tr la largeur des bandes latérales et enfin
le choix de A permet de se mettre à l’échelle.

(a) (b)

FIG. 5.1 – Simulation d’un spectre de bandes latérales. (a) Bandes latérales rouge et bleue
(points) et leur ajustement par le modèle (courbes en tirets). Les températures utilisées
pour s’ajuster sont Tz = 8 µK et Tr = 27 µK. (b) Courbe de répartition des atomes sur les
niveaux transverse à la température Tr.

On peut d’autre part faire une évaluation rapide de la température longitudi-
nale en considérant un modèle simplifié où on néglige le terme correctif ε(n).
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Dans ce cas, on peut séparer exactement p(n) = p(nx,ny)p(nz) et le rapport des
hauteurs des deux bandes latérales s’écrit

r =
P(ω+(nr))
P(ω−(nr))

=
∑∞

nz=0 p(nz)

∑∞
nz=1 p(nz)

. (5.23)

Sachant que Ez(nz) = (nz + 1/2)h̄ωz, cette expression se simplifie directement et
donne

r = e
h̄ωz
kBTz , soit Tz =

h̄ωz

kB ln(r)
. (5.24)

Efficacité du refroidissement sur raie étroite

L’utilisation du modèle permet d’évaluer la température des atomes dans diffé-
rentes configurations afin d’optimiser les réglages (puissance et fréquence des dif-
férents faisceaux laser) du refroidissement "rouge". La figure 5.2 montre l’allure
du spectre des bandes latérales de la transition 1S0 → 3P0 à différentes étapes du
refroidissement. Ces spectres ont été pris dans des conditions particulières, avec
une puissance laser à 698 nm de 1.5 mW et un temps d’interaction de 250 ms. Ces
dispositions sont nécessaires car on a montré dans la section 4.6.2 que la force de
couplage sur les bandes latérales est atténuée d’un facteur η (facteur de Lamb-
Dicke) par rapport à celle de la porteuse. Lors de nos mesures de température à
profondeur maximale (U0 = 1400 Er), le facteur de Lamb-Dicke valait η = 0.12.
Sur la figure de gauche (a), on peut voir l’effet des différents refroidissements.
Sans refroidissement, les bandes latérales sont symétriques et très larges. L’ajout
de l’étape de refroidissement longitudinal crée un déséquilibre dans la taille des
bandes latérales et réduit leur largeur. Enfin, l’ajout du refroidissement transverse
réduit encore un peu plus la largeur des bandes latérales. Dans la dernière confi-
guration, la température longitudinale est de l’ordre de 4 µK. La figure de droite
montre le spectre après optimisation des fréquences et des puissances des diffé-
rents faisceaux laser. La température atteinte est alors Tz = 3 µK.

Le modèle présenté dans la section précédente ne permet pas de donner une
évaluation correcte de la température transverse dans le cas des résonances de la
figure 5.2 (on trouve Tr ' 30 µK). L’élargissement observé dans ce cas n’est pas
dû la température des atomes mais à la saturation de la transition. Pour effectuer
une mesure dans les conditions normales, le spectre des bandes latérales a été
pris pour un temps d’interaction de 1 ms et une puissance de 1 mW, conditions
qui sont utilisées pour ne pas élargir la porteuse. La bande latérale bleue issue de
cette mesure est représentée en figure 5.3 (a). La courbe représente un ajustement
des points expérimentaux en utilisant le modèle avec une température transverse
Tr = 15 µK. La figure de droite (b) représente une évaluation indépendante de
la température en utilisant un laser à 698 nm horizontal. On peut alors obtenir le
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FIG. 5.2 – Spectre des bandes latérales de la transition 1S0 → 3P0 pris avec une puis-
sance de 1.5 mW et un temps d’interaction de 250 ms. (a) Spectres à une profondeur
U0 = 1360 Er (correspondant à ωz = 2π × 255 kHz) pris sans refroidissement, avec re-
froidissement longitudinal et avec refroidissement dans toutes les directions. (b) Spectre
pris avec une profondeur U0 = 940 Er après optimisation du refroidissement. La tempéra-
ture longitudinale dans ce cas est Tz = 3 µK.

profil Doppler des atomes et en déduire la température. La largeur à mi-hauteur
est définie par

∆ν = k
√
〈v2

r 〉=
2π
λ

√
kBTr

m
, (5.25)

et on trouve une température Tr = 11 µK, en accord avec l’évaluation obtenue
avec le spectre de bandes latérales.

Finalement, le refroidissement sur raie étroite permet d’atteindre des niveaux
moyens d’occupation transverse 〈nx〉 = 〈ny〉 = 600 et longitudinal 〈nz〉 = 0.05
pour une profondeur U0 = 1360 Er. On atteint ainsi un taux d’occupation du ni-
veau longitudinal fondamental de 95%, au niveau de ce qui était requis dans la sec-
tion 2.2 pour éliminer les effets motionnels des atomes. Cette caractéristique est
également importante en ce qui concerne les effets systématiques dus au piège :
il est important que les atomes voient la même intensité laser pour les évaluer
correctement. Le passage de cette profondeur à la profondeur optimale pour l’in-
terrogation (U0 = 10 Er) se fait par passage adiabatique, de manière suffisamment
lente (en 1 ms) pour que les atomes suivent le changement de profondeur en restant
dans les mêmes niveaux vibrationnels. La température longitudinale ainsi atteinte
avec ce facteur d’occupation est Tz = 0.35 µK. D’autre part, dans le niveau trans-
verse, une telle profondeur de piège contient environ 800 niveaux, ce qui assure
que la plupart des atomes vont rester piégés après diminution de la profondeur.
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FIG. 5.3 – (a) Bande latérale bleue lorsque l’interrogation se fait pendant 1 ms avec
une puissance de 1 mW. La courbe est obtenue en appliquant le modèle et en ajustant
les paramètres, notamment la température transverse à une valeur Tr = 15 µK. (b) Profil
Doppler transverse des atomes en les interrogeant à l’aide d’un laser à 698 nm dans la
direction horizontale.

5.1.2 Évaluation du déplacement lumineux du premier et du
deuxième ordre

Les mesures du déplacement lumineux dû au piège dipolaire ont fait l’objet
de développements importants dans les thèses de Rodolphe Le Targat et Anders
Brusch. Elles sont issues d’une campagne de mesure qui a eu lieu en octobre 2005
et ont permis de confirmer les prévisions théoriques concernant ces effets, à savoir
la possibilité de contrôler le déplacement lumineux au niveau de 10−18. Elles ont
de plus permis une détermination expérimentale de la longueur d’onde magique.

Principe de la mesure

Le principe précis de la mesure de fréquence dans notre horloge optique ne
sera pas expliqué ici en détail puisqu’il fait l’objet de la section suivante. On re-
tiendra ici que les mesures de déplacement lumineux ne sont pas des mesures
absolues de fréquence, mais seulement des mesures relatives. La référence de
fréquence lors de cette campagne était la fréquence du mode résonant de la ca-
vité ultra-stable. La méthode d’asservissement du laser d’horloge sur la résonance
atomique sera expliquée par la suite mais n’intervient pas directement sur l’éva-
luation de ces effets.

Pour évaluer le déplacement lumineux, la mesure de la fréquence de la transi-
tion d’horloge par rapport à la cavité a été effectuée à différentes longueurs d’onde
et profondeurs du piège dipolaire. Pour cela on utilise une méthode de mesure
différentielle : pour une longueur d’onde donnée, on alterne des mesures de la
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fréquence d’horloge pour différentes profondeurs du piège. Le changement de
profondeur s’effectue typiquement tous les 20 cycles, et on utilise à chaque me-
sure quatre profondeurs différentes. La durée d’une mesure est de l’ordre de 30
minutes.

Comme la fréquence de la cavité ultra-stable subit des fluctuations lentes en
raison des variations de température, l’évolution de sa fréquence est modélisée
par un polynôme d’ordre 10 et est retranchée à l’ensemble des mesures. Les séries
de points obtenues ainsi sont alors moyennées en fonction de la profondeur du
piège, ce qui permet d’obtenir un point par profondeur, auquel est attribué une
barre d’erreur correspondant à la variance d’Allan de la série. La dépendance de
la fréquence en fonction de la profondeur correspond au déplacement lumineux.
La figure 5.4 présente les différentes étapes de traitement des mesures.

Déplacement lumineux du premier ordre

La mesure du déplacement lumineux pour différentes longueurs d’onde du
piège a permis de faire une détermination expérimentale de la longueur d’onde
magique. Étant donnée la gamme de profondeurs accessibles (typiquement entre
100 Er et 1300 Er lors de la campagne), l’effet du déplacement lumineux du pre-
mier ordre est très net même pour des longueurs d’onde proches de la longueur
d’onde magique. Des mesures ont été effectuées pour différentes longueurs d’onde
en utilisant quatre ou huit profondeurs différentes à chaque fois. Afin de s’assu-
rer de la stabilité de la longueur d’onde tout au long d’une mesure, on utilise
un lambdamètre commercial ayant une précision de 10−4 nm et on maintient la
longueur d’onde constante manuellement. Les mesures utiles à la détermination
du déplacement lumineux du premier ordre sont reportées sur la figure 5.5. De
chaque série à une longueur d’onde particulière (figure de gauche) on obtient le
déplacement lumineux qui est la pente de la droite qui sert à ajuster les points.
Cette valeur est ensuite reportée sur la figure de droite qui donne le déplacement
lumineux en fonction de la longueur d’onde. En modélisant à nouveau cette dé-
pendance par une loi linéaire, on peut déterminer la longueur d’onde pour laquelle
le déplacement lumineux est toujours nul : c’est la longueur d’onde magique. La
détermination effectuée pendant notre campagne de mesure donne [30]

λm = 813.428(1)nm (5.26)

En se plaçant à une profondeur de 10 Er, on voit sur la courbe de droite qu’un
déplacement de fréquence de 1 Hz (soit 2.5×10−15 en valeur relative) correspond
à un déplacement de la longueur d’onde magique de 10−2 nm (soit 4 GHz). Cette
valeur confirme que si on contrôle la longueur d’onde du piège à 20 MHz près,
alors on s’assure que le déplacement lumineux du premier ordre contribue à moins
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FIG. 5.4 – Traitement d’une mesure de déplacement lumineux pour une longueur d’onde
du piège dipolaire λl = 813.72 nm. (a) Séries de points pour les quatre profondeurs diffé-
rentes : on prend une vingtaine de points par série. (b) Mesure complète, les fluctuations
correspondent aux fluctuations de fréquence de la cavité ultra-stable. La courbe rouge cor-
respond à un polynôme d’ordre 10 utilisé pour modéliser les fluctuations. Il est déterminé
à partir d’une des quatre séries, puis est utilisé pour retrancher les fluctuations de la cavité
à toutes les séries. (c) Les quatre séries ont été moyennées séparément et la dépendance
de la fréquence en fonction de la profondeur a été modélisée par une droite. Les mesures
étant relatives, on a ajusté les valeurs de manière à ce que la droite passe par l’origine.

que 10−17 en valeur relative. Une évaluation du contrôle de cet effet lors de notre
dernière campagne de mesure est donnée dans la section 5.3.

Déplacement lumineux du deuxième ordre

On a vu dans la section 5.1.2 que les effets du deuxième ordre provenaient
en partie des transitions à deux photons 5s5p3P0 → 5s7p1P1 (a priori interdite)
à λ1 = 813.36/2 nm et 5s5p3P0 → 5s4 f 3F2 (autorisée) à λ2 = 818.57/2 nm. Des
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FIG. 5.5 – Mesure du déplacement lumineux et détermination de la longueur d’onde
magique. (a) Evaluation du déplacement lumineux pour différentes longueurs d’onde. La
pente de la droite qui vient ajuster les points caractérise le déplacement lumineux à la lon-
gueur d’onde considérée. (b) Déplacement lumineux en fonction de la longueur d’onde du
piège. La longueur d’onde correspondant à un déplacement lumineux nul est la longueur
d’onde magique. Les trois valeurs présentées avec leurs barres d’erreur (horizontales) cor-
respondent aux références [95] en haut, [94] au milieu et [30] en bas.

mesures de fréquence en fonction de la profondeur du piège ont donc été réalisées
à proximité de ces transitions. Afin de traduire la dépendance en U2

0 , les points
ne sont plus ajustés par une droite mais par un polynôme d’ordre 2, et c’est le
coefficient d’ordre 2 qui est tracé en fonction de la longueur d’onde. L’allure d’une
série de points à une longueur d’onde proche de la transition autorisée est tracée en
figure 5.6. On voit bien le changement de signe du déplacement lumineux de part
et d’autre d’une des différentes résonances correspondant à la structure hyperfine
de la transition.

La figure 5.7 montre les mesures qui ont été effectuées autour des différentes
résonances et à la longueur d’onde magique. On remarque que les effets quadra-
tiques autour de λ1 sont très peu marqués, la plupart des points obtenus ayant des
barres d’erreur qui ne permettent pas de mettre en évidence un quelconque effet.
Les effets du deuxième ordre provoqués par la première transition peuvent être
bornés en enveloppant les points expérimentaux dans une courbe en 1/(ωl −ω1)
qui est le comportement attendu. En extrapolant cette courbe au niveau de λm, on
peut donner une borne supérieure à l’effet de cette transition sur l’hyperpolarisa-
bilité : |∆β1|< 2 µHz/E2

r .
Dans le cas de la transition à λ2, la signature est beaucoup plus marquée

puisque la transition est autorisée par couplage dipolaire. On arrive en particulier à
résoudre la structure hyperfine de la transition (F = 5/2, . . .11/2) et la position de
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FIG. 5.6 – Mesure du déplacement lumineux du deuxième ordre à proximité de la lon-
gueur d’onde de la transition 5s5p3P0 → 5s4 f 3F2. Le terme linéaire a été enlevé pour bien
mettre en évidence le terme quadratique. Les deux séries de points correspondent à des
mesures de part et d’autre d’une résonance hyperfine.

chaque résonance hyperfine a pu être déterminée précisément (voir figure 5.7(b)).
En effet, lorsque la longueur d’onde du piège est accordée sur une des transi-
tions à deux photons, on observe un élargissement de la résonance à 698 nm ansi
que des pertes significatives dans le piège. De la même manière que pour la ré-
sonance à λ1, on a utilisé une enveloppe pour déterminer l’effet maximum de
cette transition à la longueur d’onde magique. Pour cela, on a utilisé une loi en
1/(ωl −ω2), où ω2 est le barycentre des fréquences des différentes transitions
hyperfines. Après extrapolation, l’effet d’hyperpolarisabilité correspondant est lui
aussi estimé à |∆β2| < 2 µHz/E2

r , la forte sensibilité étant compensée par le fait
que la transition est située à 5 nm de la longueur d’onde magique.

Pour finir, des mesures du déplacement lumineux à la longueur d’onde ma-
gique ont été faites de manière répétitive depuis 2005 au cours de nos différentes
campagnes d’évaluation. Les points obtenus sont tracés sur la figure 5.8 et ont
été moyennés. Le terme résiduel d’hyperpolarisabilité vaut −4(4) µHz/E2

r , soit
−1(1)×10−18 pour un piège ayant une profondeur U0 = 10 Er. On confirme donc
expérimentalement que même avec la valeur trouvée pour la longueur d’onde ma-
gique, les effets d’ordre élevé ne devraient pas être limitants en ce qui concerne
l’exactitude de l’horloge. Cette étude permet de répondre à l’inconnue principale
concernant la faisabilité d’horloges à réseau optique de haute performance.
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(a)

(b)

FIG. 5.7 – Mesure du terme d’hyperpolarisabilité autour de la longueur d’onde de la tran-
sition 5s5p3P0 → 5s7p1P1 (a) et de la transition 5s5p3P0 → 5s4 f 3F2 (b). Aucun effet n’est
visible compte tenu des barres d’erreur sur le premier graphe, mais la structure hyperfine
est parfaitement visible dans le deuxième cas. Les hyperboles tracées correspondent à des
enveloppes permettant d’évaluer une borne supérieure de l’hyperpolarisabilité associée en
extrapolant leur valeur à la longueur d’onde magique.

5.1.3 Efficacité du pompage optique

La phase de pompage optique à la fin du cycle de préparation des atomes
a été ajoutée courant 2006 entre les campagnes d’évaluation de mars et de no-
vembre. On est capable actuellement de transférer environ 80% des atomes vers
un sous-niveau Zeeman extrême mF =±9/2 sans que cette étape supplémentaire
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FIG. 5.8 – Evaluation du déplacement lumineux du deuxième ordre lorsque le piège est
à la longueur d’onde magique. Les points correspondent à des mesures faites pendant la
campagne d’évaluation du déplacement lumineux, mais également pendant les campagnes
qui ont suivi. Le point rouge correspond à une moyenne pondérée et ne représente qu’un
déplacement de 10−18 en valeur relative pour U0 = 10 Er.

ne détériore l’efficacité du refroidissement.

Annulation du champ magnétique au centre du piège

Avant d’appliquer un champ magnétique tant pour le pompage optique que
pour l’interrogation des atomes, il est important de s’assurer que ce champ ne va
pas s’ajouter à un champ biais déjà présent. Afin de compenser le champ résiduel
présent au niveau des atomes naturellement, issu du champ magnétique terrestre et
des différentes perturbations magnétiques environnantes (notamment les bobines
du ralentisseur Zeeman et les bobines du PMO), des bobines de compensation
supplémentaires ont été installées autour de la chambre à vide. On utilise un paire
de bobines carrées pour créer un champ magnétique vertical, et deux paires de
bobines plus petite qui viennent créer des champs dans le plan transverse dans
deux directions orthogonales. Ces bobines sont placées sur des supports prévus
à cet effet qui font coïncider la direction du champ magnétique avec les axes de
propagation des trois faisceau utilisés pour le refroidissement sur raie étroite. Le
champ magnétique résiduel avant compensation a été estimé à environ 300 mG.

Le réglage de ces bobines, qui a été réalisé lorsque l’horloge fonctionnait sans
pompage optique, s’est fait dans un premier temps en interrogeant les atomes
en champ nul. On a montré dans le chapitre 2 que lorsque les atomes n’étaient
pas polarisés, la population aléatoire des sous-niveaux magnétiques entraînait un
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élargissement de la résonance. On a donc regardé l’effet sur la résonance d’une
modification du champ magnétique en variant l’intensité du courant dans les diffé-
rentes bobines. Avant cette étape, la largeur de la résonance a d’abord été réduite
en optimisant le temps d’interaction et la puissance du laser à 698 nm de manière
a produire approximativement une impulsion π . Cette situation est atteinte lors-
qu’une diminution des deux paramètres conduit à un élargissement ou à une perte
de contraste. Le courant dans les bobines est alors modifié de manière à obser-
ver une réduction de la largeur de raie. La modification de l’intensité de 10 mA
correspond à une modification du champ magnétique de l’ordre de 30 mG. La
figure 5.9 montre la largeur de la résonance en fonction de l’intensité appliquée
dans une paire de bobines. La largeur minimum est dans ce cas limitée par la du-
rée de l’interrogation et l’optimisation du champ magnétique dans les deux autres
directions. Après itération des réglages dans les trois directions, on a pu atteindre
des largeurs de raie de limitées uniquement par la largeur du laser.

Intensité du courant dans la bobine [mA]
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FIG. 5.9 – Largeur de la résonance observée en fonction de l’intensité parcourue dans une
paire de bobines de compensation. Une intensité de 10 mA produit un champ magnétique
d’environ 30 mG.
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FIG. 5.10 – Spectre des différentes transitions π lorsque les atomes sont interrogés en
présence d’un champ magnétique de 4.2 G et après une phase de pompage optique avec un
laser polarisé σ+. Courbe noire (tirets) : avant optimisation du pompage optique. Courbe
rouge (traits pleins) : après optimisation. On voit que les atomes se trouvent essentielle-
ment dans les deux derniers niveaux. Les traits pointillés verticaux représentent les fré-
quences théoriques des différentes résonances pour un champ magnétique de 4.2 G.

Réglage du pompage optique

L’optimisation du pompage optique se fait alors en ajoutant un champ ma-
gnétique supplémentaire uniquement dans l’une des directions du refroidissement
transverse. La valeur de ce champ peut être ajustée, mais un champ Bpompage =
300 mG permet d’effectuer un pompage optique efficace tout en restant dans une
gamme de fréquences de transition couverte par l’élargissement par saturation.
En interrogeant les atomes en présence d’un champ magnétique, on peut faire
apparaître le spectre des différentes transitions magnétiques possibles. La polari-
sation du laser à 689 nm pour le pompage peut être réglée facilement à l’aide de
la lame quart d’onde disposée en sortie de fibre et d’un analyseur. Compte tenu
du dispositif expérimental, on peut faire tourner la polarisation du laser d’horloge
à 698 nm entre une position où elle est parallèle au champ magnétique (polarisa-
tion π) et une position où elle est perpendiculaire (mélange de polarisations σ+

et σ−). Toute position intermédiaire mélange toutes ces polarisations et autorise a
priori les 18 transitions existantes.

Pour faciliter l’optimisation, on choisit une polarisation π qui ne fait apparaître
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que 10 transitions. La figure 5.10 montre l’allure du spectre entier avant et après
une optimisation rapide des paramètres. Elle a été obtenue dans le cas d’un pom-
page optique en utilisant un faisceau polarisé σ+, ce qui explique que les atomes
soient essentiellement regroupés dans les deux sous-niveaux Zeeman mF = 7/2
et mF = 9/2. Pour cette raison, le pompage optique a par la suite été optimisé
en ne considérant que la différence de hauteur entre les deux raies les plus éloi-
gnées. Les positions des différentes résonances correspondent à ce qu’on attend
en interrogeant les atomes en présence d’un champ magnétique de 4.2 G.

Conséquence sur la température des atomes
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FIG. 5.11 – (a) Spectre de la transition 1S0 → 3P0 en présence d’un champ magnétique
B = 4.2 G. Les deux moitiés ont été mesurées séparément en optimisant successivement le
pompage optique dans un sens et dans l’autre. (b) Spectre de bandes latérales obtenu avec
les mêmes réglages. La flèche rouge indique l’emplacement de la bande latérale rouge.

L’inconvénient majeur du dispositif tel qu’il est utilisé actuellement est qu’on
utilise les mêmes lasers pour le refroidissement transverse et le pompage optique.
Un dispositif annexe pourrait être utilisé pour contrôler indépendamment les puis-
sances et les fréquences lors des deux phases, mais en pratique on remarque qu’il
est possible d’obtenir des bons résultats conjointement. L’élargissement de la raie
par saturation par exemple (s = 104, voir chapitre 4), est nécessaire à la fois pour
jouer sur un maximum d’atomes lors du refroidissement (à cause de la largeur du
profil Doppler) et pour pouvoir utiliser toutes les transitions Zeeman sans avoir
à moduler la fréquence du laser. En ce qui concerne les puissances lasers, on re-
marque que proche de l’optimum, les deux processus sont assez peu sensibles à
une variation de puissance, ce qui permet de trouver un compromis. La figure 5.11
(a) montre l’allure du spectre obtenu en pompant les atomes d’un côté ou de
l’autre, après avoir optimisé les deux bras permettant d’avoir une polarisation σ+
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ou σ−, en présence d’un champ magnétique B = 4.2 G. La figure (b) montre quant
à elle le spectre des bandes latérales pris juste après dans les même conditions. On
voit qu’on est capable d’avoir au moins 80% des atomes dans un sous-niveau
Zeeman extrême tout en atteignant toujours les températures observées dans la
section 5.1.1.

5.2 Principe de la mesure absolue de fréquence
La mesure absolue de fréquence est réalisée en mesurant en parallèle deux

quantités. D’une part, le laser d’horloge, stabilisé sur la cavité Fabry-Pérot de
haute finesse, est asservi sur les atomes. On peut donc mesurer à chaque cycle
d’horloge l’écart de fréquence entre le mode résonant de la cavité et la fréquence
de la transition atomique. D’autre part, une partie du faisceau du laser d’horloge
est envoyé vers un laser femtoseconde pour permettre de mesurer la fréquence
absolue du mode de la cavité.

5.2.1 Asservissement du laser d’horloge sur la résonance ato-
mique

Principe de l’asservissement

Afin d’asservir le laser d’horloge sur la transition atomique, on vient sonder la
résonance de part et d’autre d’un cycle sur l’autre. Ainsi, en moyennant les don-
nées, on peut retrouver la fréquence du sommet de la résonance. L’asservissement
est réalisé en contrôlant la fréquence de fonctionnement du MAO en double pas-
sage situé en amont du laser esclave qui sert à interroger les atomes. La valeur
de la fréquence est contrôlée par ordinateur suivant un asservissement numérique
(intégrateur) ayant deux paramètres ajustables, la profondeur de modulation fmod
et le gain G. La profondeur de modulation détermine la fréquence séparant deux
mesures successives, c’est à dire la hauteur à laquelle on s’asservit sur la réso-
nance ; le gain détermine la manière dont on vient corriger la fréquence d’un cycle
à l’autre.

Avant de lancer une mesure, on réalise un spectre de la transition pour dé-
terminer la position de la résonance ν0 ainsi que sa largeur ∆ν . Comme c’est à
mi-hauteur que la sensibilité est la meilleure, on choisit généralement fmod = ∆ν
de manière à s’asservir au milieu de la résonance. Le premier cycle est alors réa-
lisé en imposant comme fréquence initiale du MAO f0 = ν0 + fmod/2, le cycle
suivant étant réalisé à la fréquence f1 = ν0− fmod/2. La suite est alors une procé-
dure itérative : à partir des probabilités Pn−1 et Pn mesurées à des fréquences fn−1
et fn, on calcule un signal d’erreur εn = Pn−Pn−1. La mesure suivante est alors
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réalisée à la fréquence fn+1 = fn +(−1)n+1 fmod +(−1)nGεn, le terme correctif
servant à se replacer en milieu de résonance.

Le choix du gain permet de régler la correction fournie par l’asservissement
afin de maintenir toujours à la même hauteur de part et d’autre de la résonance. Le
choix d’une profondeur de modulation différente de ∆ν peut aussi se révéler inté-
ressant. En effet, si la résonance est asymétrique, par exemple à cause d’un défaut
de champ magnétique ou de la présence de résonances proches, on peut détecter
cet effet en sondant la résonance avec différentes profondeurs de modulation. On
trouve alors une valeur moyenne différente dans chaque cas.

Méthode d’interrogation

Afin d’évaluer les effets du piège pendant une mesure, on ne s’asservit pas sur
une seule résonance. Pendant les campagnes d’octobre 2005 et de mars 2006, une
mesure consistait en une alternance de quatre séquences correspondant à quatre
profondeurs de piège différentes. On détermine alors la fréquence de la résonance
pour chaque profondeur et ajuste les paramètres de l’asservissement pour chacune
des quatre séquences. Ces séquences doivent être suffisamment longues pour que
l’asservissement démarre (généralement au bout de quelques cycles), mais suffi-
samment courtes pour que les résonances ne se déplacent pas trop lorsque qu’on
revient sur une résonance après avoir interrogé les trois autres. Pendant ces cam-
pagnes, la durée d’une séquence était de 20 à 30 cycles, chaque cycle ayant une
durée typique de 800 ms à 1 s. Les résultats qui ont été présentés pour l’évaluation
du déplacement lumineux ont été obtenus suivant cette méthode.

Pour la campagne de novembre 2006, le fonctionnement a été légèrement
modifié car il s’agit maintenant de s’asservir sur deux résonances Zeeman sy-
métriques. On utilise toujours quatre séquences : la première paire de séquences
correspond à un asservissement sur chacune des deux résonances symétriques, la
deuxième paire correspond à la même configuration en modifiant la profondeur du
piège. Cela signifie qu’entre deux séquences, on doit modifier le sens du pompage
optique, ce qui s’effectue en alternant l’utilisation des deux MAO permettant de
produire une polarisation σ+ ou σ− pendant la phase de pompage. Chaque paire
de séquence permet de donner deux informations : une valeur du champ magné-
tique pendant la mesure, et une valeur de la fréquence de la transition.

Informations issues d’une mesure

La méthode d’interrogation utilisée permet de remonter à un certain nombre
d’informations après une intégration, d’une durée typique d’une heure. Dans le cas
où on s’asservit sur deux transitions π symétriques impliquant les états±mF , et en
prenant en compte les effets systématiques liés au piège et au champ magnétique
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qui ont été présentés dans la section 2.3, la fréquence moyenne de ces transition
vaut

ν(U0,mF)= ν0+mFδg
µBB

h
+αB2

︸ ︷︷ ︸
Déplacement Zeeman

−(∆κS +∆κV ξ mF +∆κT (3m2
F −F(F +1)))

U0

Er︸ ︷︷ ︸
Déplacement lumineux

,

(5.27)
où les différents termes on été définis précédemment, et où α = −0.233 Hz/G2

est le coefficient du déplacement Zeeman du second ordre. On a négligé le dé-
placement lumineux du deuxième ordre dont on n’a observé expérimentalement
aucune contribution lors de notre mesure (les effets sont présentés dans la section
suivante). Si en plus on suppose que le terme scalaire du déplacement lumineux
est nul (à la longueur d’onde magique) et que le terme vectoriel est négligeable, il
ne reste que des termes en mF et un terme en B2.

Si on considère les deux fréquences correspondant à l’interrogation de deux
résonances symétriques, la valeur moyenne de ces deux mesures donne

ν(U0,mF)+ν(U0,−mF)
2

= ν0 +αB2. (5.28)

Comme prévu, on arrive à s’affranchir de l’effet Zeeman du premier ordre ainsi
que du déplacement lumineux vectoriel en interrogeant des transitions symétriques.
En revanche, le fait d’utiliser un champ magnétique fait apparaître un déplacement
du second ordre qui ne s’annule pas. Pour évaluer cet effet avec précision, on uti-
lise alors la demi-différence des mesures :

ν(U0,mF)−ν(U0,−mF)
2

= mFδg
µBB

h
−∆κV ξ mF

U0

Er
. (5.29)

Pour une ellipticité ξ = 10−3, un champ magnétique B = 1 G et une profondeur
U0 = 10 Er, le déplacement vectoriel représente environ 3×10−4 du déplacement
Zeeman et on peut le négliger sans perdre d’information. Grâce à des évaluations
expérimentales de δg de grande précision [100, 32], la demi-différence permet
donc d’obtenir une mesure précise du champ magnétique. Comme le coefficient
α est également très bien connu, on peut corriger la demi-somme du déplacement
Zeeman du second ordre en utilisant le champ magnétique mesuré et obtenir une
mesure de la fréquence absolue.

Il est également possible d’interroger une transition σ plutôt qu’une transition
π . En pratique, on ne peut pomper les atomes que dans un niveau mF = ±9/2,
ce qui laisse comme seconde possibilité de mesurer la transition mF = 9/2 →
mF = 7/2 et sa symétrique. On peut de même calculer la fréquence moyenne et
le champ magnétique de cette manière, et on verra dans la section suivante que
la comparaison des fréquences mesurées avec les deux types de transition permet
d’évaluer le "pulling" dû au résonances voisines. On a également pu tirer de cette
comparaison notre propre mesure du facteur de Landé différentiel.
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5.2.2 Le peigne femtoseconde
La mesure de la fréquence du mode résonant de la cavité, située dans le do-

maine optique, nécessite un instrument capable de mesurer des fréquences op-
tiques précisément et qui soit connecté à une référence de fréquence. Cette tâche
est maintenant communément réalisée à l’aide de lasers femtoseconde [139] qui
sont capables de générer des peignes de fréquence dans le domaine optique. Les
premières mesures absolues de fréquence ont été réalisées à l’aide du laser femto-
seconde du LNE-SYRTE développé par l’équipe de Giovanni D. Rovera à partir
d’un laser Ti :Sa, tandis que la mesure la plus récente a été faite en utilisant un
laser à fibre [140, 141] développé par l’équipe de Harald Schnatz à la PTB (Braun-
schweig, Allemagne) [142, 143]. Cette partie présente le fonctionnement général
d’une mesure à l’aide d’un peigne femtoseconde sans se pencher sur les particu-
larités de chaque type de laser.

Principe de fonctionnement

La génération d’un peigne de fréquence est obtenue à l’aide d’un laser femto-
seconde à modes bloqués. Si on suppose qu’on a N = 2p+1 modes longitudinaux
cohérents en phase, de même amplitude E0 et de fréquence centrale fc qui oscil-
lent simultanément dans la cavité laser (dont l’intervalle spectral libre est fr), on
peut écrire le champ électrique total sous la forme

E(t) = E0

p

∑
k=−p

cos[2π( fc + k fr)t]. (5.30)

Ces modes vont interférer constructivement tous les intervalles τ = 1/ fr et pro-
duire une impulsion de durée T ' 1/(N fr) (voir figure 5.12 (a)). Dans le do-
maine fréquentiel, le spectre d’une impulsion correspond à un peigne de fréquence
(fig 5.12 (b)). Chaque mode du peigne a une fréquence fn décrite par l’équation

fn = n fr + f0, (5.31)

où f0 est le décalage de fréquence à l’origine. Il provient de la différence entre la
vitesse de propagation de la porteuse et de l’enveloppe, qui introduit un déphasage
∆φ entre deux impulsions successives. On a alors f0 = fr∆φ/2π .

Afin d’éviter la dispersion issue de la différence de vitesse de propagation
entre tous les modes (l’indice de réfraction des différents milieux traversés dé-
pend de la fréquence du mode), il faut introduire un mécanisme permettant de
compenser cet effet. Le mécanisme choisi pour notre laser femtoseconde est d’in-
troduire dans la cavité laser des miroirs à dispersion négative. Dans le cas du laser
à fibre de la PTB, on utilise deux prismes dispersifs qui permettent de rattraper le
retard de propagation au bout d’un tour dans la cavité.
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La technique de verrouillage, qui permet de favoriser le mode impulsionnel
par rapport au mode continu, dépend également du type de laser utilisé. Dans le
cas du laser Ti :Sa du LNE-SYRTE, on tire partie de l’effet Kerr (l’indice de
réfraction d’un milieu dépend de l’intensité du faisceau) qui s’écrit n(ω, I) =
n0(ω) + n2(ω)I. Ainsi, on peut créer un effet de lentille dans le cristal qui fait
converger le faisceau au fur et à mesure de sa progression dans le cristal et amé-
liore le recouvrement spatial du faisceau laser et du faisceau pompe, favorisant
ainsi le régime impulsionnel. Dans le cas du laser à fibre, on utilise un mécanisme
de rotation non linéaire de la polarisation.

Le spectre couvert par le laser impulsionnel est trop petit (quelques dizaines
de nm alors qu’on a besoin de couvrir une octave pour référencer le peigne sur un
étalon de fréquence) pour permettre une mesure de fréquence optique. On couple
donc le laser dans une fibre à cristal photonique qui permet d’élargir le spectre
en créant en son sein des processus non linéaires. En sortie de fibre, le spectre
du laser couvre une octave, entre 500 nm et 1100 nm dans le cas de notre laser
femtoseconde.

E(t)

t

∆φ

1/fr

fréquence f

f0 
= fr.∆φ/2π

fr
I(f)

(a) (b)

FIG. 5.12 – (a) Allure du champ électrique total E(t) quand le laser fonctionne en mode
impulsionnel. (b) Spectre d’une impulsion : on observe un peigne de fréquence, les dents
sont séparées de la fréquence fr et le décalage de fréquence à l’origine f0 provient du
déphasage ∆φ entre deux impulsions consécutives.

Connexion à un étalon de fréquence

Pour effectuer une mesure absolue de fréquence, il reste à raccorder les deux
fréquences qui servent à définir la fréquence d’un mode du peigne, f0 et fr, à une
référence de fréquence, délivrée au LNE-SYRTE par l’ensemble des fontaines
atomiques FO1, FO2 et FOM. Pour asservir la fréquence de répétition, on récupère
une partie du faisceau que l’on filtre afin de récupérer une seule composante n fr
(n = 11 dans notre cas). Ce mode est mélangé avec un signal micro-onde produit
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à partir du signal à 1 GHz délivré par un oscillateur cryogénique à résonateur
en saphir (OCRS). Cet oscillateur, asservi sur les temps longs sur un maser à
hydrogène, sert d’oscillateur ultra-stable pour les fontaines atomiques. Une fois
les deux signaux mélangés, on génère un signal d’erreur qui permet d’asservir la
longueur de la cavité du laser femtoseconde, et donc d’asservir fr.

Une fois la valeur de fr référencée, il faut mesurer la valeur de f0. La tech-
nique couramment utilisée est une technique d’auto-référencement qui consiste
à considérer un ensemble de modes (dans une bande de quelques nm) séparés
d’une octave, de part et d’autre du spectre. Leurs fréquences sont respectivement
fn = f0 +n fr et f2n = f0 +2n fr. Le mode fn est séparé (par un miroir dichroïque
par exemple) puis doublé à la fréquence 2 fn à l’aide d’un cristal non linéaire de
BBO ou de KTP. On réalise ensuite le battement de ce faisceau doublé avec le
mode f2n qui est justement à la fréquence f0.

Le taux de répétition du laser femtoseconde du SYRTE est de 840 MHz avec
N = 20000 modes, ce qui permet d’obtenir des impulsions de l’ordre de 50 fs. Le
laser à fibre de la PTB à lui un taux de répétition de 100 MHz et produit des impul-
sions d’environ 85 fs. La largeur des modes du peigne est généralement inférieure
au Hz, et les stabilités affichées, de l’ordre de 3×10−14 à 1 s et qui varient en τ−1,
sont très rapidement en-dessous des stabilités de n’importe quelle horloge. C’est
en particulier le cas de nos dernières mesures, où la stabilité à 1 s de l’horloge au
87Sr était de l’ordre de 6×10−14.

Différentes contributions à la mesure

La mesure absolue de fréquence correspond donc à la mise en commun de
différentes mesures faites simultanément. D’une part, l’"horloge" à Sr mesure la
différence de fréquence entre les atomes et la cavité. Cette différence fait interve-
nir deux MAO, l’un en simple passage, à fréquence fixe, et le second en double
passage, dont la fréquence est contrôlée par l’asservissement numérique. On a
donc

fat − fcav = 2 fMAO−180MHz. (5.32)

D’autre part, le peigne femtoseconde permet de mesurer la fréquence de la ca-
vité par rapport à l’OCRS. Cette fréquence est modifiée par un MAO à fréquence
fixe de −203 MHz suivi d’un deuxième MAO qui sert au dispositif d’annulation
du bruit de la fibre, toujours ramené à −205 MHz. On fait alors battre le faisceau
arrivant sur le dispositif du laser femtoseconde avec le mode le plus proche du
peigne. Le battement est mesuré à la fréquence fb, et la différence des fréquences
s’écrit :

fcav− fOCRS = ( f0 +n fr + fb)−408MHz. (5.33)

Enfin, il faut tenir compte de la correction de la fréquence de l’OCRS par la
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fontaine, qui correspond à une fraction de la fréquence d’horloge. Il faut égale-
ment tenir compte du déplacement gravitationnel provenant du fait que la fon-
taine d’une part et le système {horloge optique + peigne femtoseconde} d’autre
part sont situés à des altitudes différentes. La différence d’altitude entre les deux
systèmes est de 4.2 m, ce qui correspond à un déplacement de fréquence de 4.58×
10−16 en valeur relative.

5.3 Caractérisation de l’horloge au 87Sr
Les résultats présentés dans cette section correspondent aux deux évaluations

de notre horloge pendant l’année 2006. On insistera particulièrement sur l’horloge
en fonctionnement avec des atomes polarisés, mais certains effets évalués en mars
2006 n’ont pas été réévalués en novembre et sont donc présentés aussi.

5.3.1 Résonances et stabilité
La dernière campagne de mesure est la première à inclure la phase de pom-

page optique et d’interrogation en présence d’un champ magnétique. Cette mo-
dification a pour but d’évaluer les effets magnétiques dans cette configuration,
alors qu’ils représentaient la plus grande incertitude (5 Hz) lors de notre mesure
précédente. Pour cette raison, de nombreuses mesures ont été prises dans trois
configurations particulières du champ magnétique et des paramètres d’asservisse-
ment : {B = 0.87 G, fmod = 7 Hz} pour la première, {B = 0.87 G, fmod = 10 Hz}
pour la seconde et {B = 1.4 G, fmod = 7 Hz} pour la troisième.

Des résonances typiques utilisées lors de nos mesures sont tracées en figure 5.13
pour un champ magnétique B = 0.87 G et un temps d’interrogation de 20 ms.
La largeur de raie d’environ 30 Hz observée est limitée par la durée de l’inter-
action puisque la largeur naturelle du laser d’interrogation est d’environ 10 Hz.
La raison de cet élargissement est de faciliter l’asservissement du laser sur la
résonance atomique. On remarque aussi une différence de hauteur entre la raie
mF = 9/2 → mF = 9/2 et sa symétrique qui est la conséquence d’une efficacité
différente du pompage optique dans les deux sens. Pour cette valeur du champ
magnétique, les résonances π successives sont séparées de 96 Hz et sont donc lar-
gement résolues avec ces valeurs de largeur de raie. On peut s’assurer d’autre part
que l’effet du déplacement de fréquence dû à la proximité des raies adjacentes est
inférieur à 10−15 en valeur relative. Des mesures ont aussi été effectuées sur les
transitions σ± mF = 9/2→mF = 7/2 et symétrique. Les résonances sont tracées
sur la même figure et présentent des caractéristiques similaires.

Le facteur de qualité atomique correspondant est Q = 1.4× 1013. Sachant
que le nombre d’atomes piégés est environ N = 104 et la durée typique d’un
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(a) (b)

FIG. 5.13 – Résonances utilisées pour asservir le laser d’horloge sur la transition ato-
mique. (a) Résonance mF = 9/2→mF = 9/2 et symétrique. (b) Résonance mF = 9/2→
mF = 7/2 et symétrique. Dans les deux cas la largeur de raie est de l’ordre de 30 Hz. Les
dissymétries proviennent d’une efficacité différente du pompage optique dans les deux
sens.

cycle est Tc = 400 ms, la formule 2.68 prévoit qu’on peut atteindre une stabilité
σy(τ) ' 10−15τ−1/2 à la limite où le bruit dominant est le bruit de projection
quantique. Cependant certains effets, notamment l’effet Dick dont il a été ques-
tion au chapitre 2, viennent dégrader cette limite ultime. La stabilité de notre hor-
loge a été évaluée en calculant la variance d’Allan associée à nos mesures. Elle
est tracée en figure 5.14, et représente une comparaison directe entre le système
{horloge optique + peigne femtoseconde} et la fontaine atomique FO2. Les trois
premiers points représentent le temps nécessaire à l’asservissement pour démar-
rer, puis la variance se comporte suivant une loi en τ−1/2 qui caractérise un bruit
blanc de fréquence, avec une valeur correspondante à 1 s de 6× 10−14. Sachant
que la stabilité de FO2 à 1 s est de 3.5× 10−14, la stabilité tracée correspond à
une contribution à peu près équivalente de l’horloge au Sr et de la fontaine ato-
mique. Après une intégration d’une heure, la stabilité descend jusqu’à une valeur
d’environ 10−15, soit 0.5 Hz en valeur absolue, qui est la résolution de la mesure.

5.3.2 Evaluation des effets du champ magnétique
Mesure du champ magnétique

Lorsqu’on utilise une horloge avec des atomes polarisés, on passe d’une si-
tuation où on essaye d’annuler le champ magnétique au niveau des atomes pour
limiter un déplacement Zeeman difficilement contrôlable (on ne peut pas mesurer
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FIG. 5.14 – Écart-type d’Allan obtenu à partir de la mesure de la fréquence abso-
lue de l’horloge au 87Sr par rapport à la fontaine atomique FO2 avec un champ ma-
gnétique B = 0.87 G et un temps d’interaction de 20 ms. La stabilité de l’horloge est
σy(τ) = 6× 10−14τ−1/2 et comprend des contributions égales provenant de l’horloge
optique et de la fontaine atomique. Après une heure d’intégration, les fluctuations de
fréquence se moyennent au niveau de 10−15, soit 0.5 Hz en valeur absolue.

directement le champ magnétique) à une situation où on introduit volontairement
un déplacement Zeeman qui devient contrôlable grâce à notre méthode d’interro-
gation. En effet, connaissant la valeur du facteur de Landé différentiel δg entre les
niveaux 1S0 et 3P0, et en négligeant le terme vectoriel du déplacement lumineux,
on peut évaluer le champ magnétique à partir de la différence des deux fréquences
symétriques :

B =
h(ν(m f = 9/2)−ν(mF =−9/2))

9δgµB
. (5.34)

Le champ magnétique étant produit par des bobines en configuration Helmoltz
dont on contrôle le courant, cette formule donne une calibration précise et une
mesure du champ magnétique. D’autre part, même si on attend toujours que le
champ soit stabilisé avant de passer à l’étape d’interrogation (en ajoutant un délai
de quelques ms dans la séquence temporelle), il est nécessaire d’évaluer la sta-
bilité du champ magnétique au cours du temps pour déterminer les fluctuations
éventuelles susceptibles de dégrader les performances de l’horloge.

Étant donné le mode opératoire, où le laser est asservi sur une même résonance
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pendant 32 cycles avant de passer à la résonance symétrique, on n’est capable
d’effectuer une mesure du champ magnétique que tous les 64 cycles. Pour cela on
moyenne la fréquence mesurée sur 32 cycles pour chaque résonance et on calcule
la différence. Cette méthode ne nous permet donc pas d’avoir une évaluation de
la stabilité du champ sur les temps courts. Pour évaluer la stabilité à long terme,
on a utilisé les mesures effectuées dans la configuration 2 {B = 0.87 G, fmod =
10 Hz} et calculé le champ magnétique tous les 64 cycles. En concaténant les
données correspondant à toute la série de mesure, on obtient une évaluation de la
stabilité sur plusieurs milliers de secondes. L’écart-type d’Allan des fluctuations
de champ magnétique est tracé sur la figure 5.15. Le bruit est d’environ 10−2 en
valeur relative à 32 s puis se moyenne selon un loi en τ−1/2 pour atteindre des
valeurs inférieures à 10−3 pour des temps longs. Ce type de comportement montre
que la mesure est dominée par le bruit de fréquence de l’horloge elle-même, ce
qui veut dire qu’on ne voit pas la contribution propre des fluctuations de champ
magnétique, situées en-dessous du niveau de bruit observé. Après une mesure
d’une heure, l’incertitude sur le champ magnétique est inférieure au mG.
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FIG. 5.15 – Écart-type d’Allan des fluctuations du champ magnétique évalué à partir de
la différence entre les mesures de deux transitions π symétriques pour un champ magné-
tique B = 0.87 G. Plusieurs mesures ont été mises bout à bout pour obtenir les fluctuations
à long terme. Le bruit en τ−1/2 montre que la variance est limitée par les fluctuations de
fréquence de l’horloge. L’incertitude sur le champ magnétique après une intégration d’une
heure est inférieure à 1 mG.
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Evaluation du facteur de Landé différentiel

Le fait d’utiliser une interrogation en présence de champ magnétique nous a
permis d’effectuer une mesure indépendante du facteur de Landé différentiel de la
transition d’horloge. On peut déterminer sa valeur sans utiliser la valeur du champ
magnétique durant l’interrogation, mais il faut dans ce cas utiliser des transitions
ayant une sensibilité magnétique différente et s’assurer de la stabilité du champ
magnétique au cours du temps. Pour cela, on a décidé de mesurer la fréquence
d’horloge de deux manières différentes, en utilisant les transitions mF =±9/2→
mF =±9/2 d’une part, et les transitions mF =±9/2→ mF =±7/2 d’autre part.
L’évaluation de δg a été faite à partir de ces deux mesures prises à la suite l’une de
l’autre sans modifier le courant des bobines du champ magnétique. Ainsi, d’après
la stabilité tracée en figure 5.15, on sait que le champ magnétique moyen pendant
les deux mesures ne diffère pas à plus de 10−3 près.

Par rapport à la fréquence naturelle de la transition ν0, on peut écrire les fré-
quences des transitions π et σ− partant du sous-niveau Zeeman mF = 9/2 :

νπ(mF = 9/2) = ν0 +
9
2

δg
µBB

h
(5.35)

νσ−(mF = 9/2) = ν0 +
(

9
2

δg−g(3P0)
)

µBB
h

(5.36)

= ν0 +
(

7
2

δg−g(1S0)
)

µBB
h

. (5.37)

En supposant de plus que le champ magnétique a la même valeur pour les deux
mesures, et que le facteur de Landé du niveau fondamental g(1S0) est connu, on
peut déterminer δg à partir des différences de fréquences entre les raies symé-
triques :

∆νπ(9/2)
∆νσ (9/2)

= R =
9δg

7δg−2g(1S0)
, (5.38)

soit δg =
2g(1S0)R

7R−9
. (5.39)

La valeur issue de cette mesure est δg = 7.90(7)×10−5 [32], ce qui prévoit un
déplacement Zeeman dans le cas d’une transition π ∆Z(π) = 110.6(9) Hz/(GmF ).
En comparaison, la valeur publiée dans la référence [100] est δg = 7.77(3)×
10−5, ce qui fait un écart d’environ deux fois la barre d’erreur combinée. On s’est
assuré que notre méthode est bien fiable en vérifiant que la valeur de la fréquence
d’horloge obtenue à partir du couple de transitions σ est en parfait accord avec la
valeur moyenne obtenue en considérant les transitions π .
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(a) (b)

FIG. 5.16 – (a) Valeur de la fréquence d’horloge en fonction du champ magnétique. Les
autres effets systématiques ont été corrigés. La courbe rouge en trait plein représente la
dépendance attendue avec un coefficient αth = −0.233 Hz/G2 où seule la valeur à B = 0
a été ajustée. La courbe en traits pointillés bleus représente un ajustement quadratique
des points et donne une valeur αexp = −0.249(17) Hz/G2. (b) Valeur de la fréquence
d’horloge après correction de l’effet Zeeman du second ordre théorique. Aucun résidu
de dépendance linéaire n’est visible.

Effet Zeeman

Comme il a été montré en décrivant la méthode d’interrogation, interroger
des raies symétriques a l’avantage de faire disparaître l’effet Zeeman du premier
ordre mais la présence d’un champ magnétique rajoute un effet du second ordre
qui ne s’annule pas. On gagne néanmoins beaucoup à effectuer l’interrogation
avec un champ magnétique pour différentes raisons. Tout d’abord, sans champ
biais, on est quand même sensible à l’effet Zeeman du premier ordre à cause de
la présence d’un champ magnétique résiduel qui est difficilement évaluable. On
a vu que cet effet était à l’origine d’une incertitude de 5 Hz pour notre horloge.
Avec un petit champ biais (B = 0.87 G), il ne reste plus qu’une dépendance du
deuxième ordre, plus faible et indépendante du sous-niveau Zeeman. Ensuite, la
bonne connaissance théorique des différents coefficients Zeeman permet de tirer
un avantage important de cette méthode puisqu’on obtient une mesure précise
du champ magnétique. Enfin, l’incertitude sur l’effet quadratique est elle-même
très faible puisqu’après une longue intégration, la stabilité du champ magnétique
atteint 1 mG ce qui correspond à une incertitude au niveau du mHz pour cet effet.

Pour évaluer cet effet, des mesures ont été effectuées pour différentes valeurs
du champ magnétique en plus des trois séries qui permettent de donner des valeurs
pour B = 0.87 G et B = 1.4 G. On couvre ainsi des valeurs allant d’environ 0.6 G
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jusqu’à 5.5 G. Les points, moyennés en fonction du champ magnétique, sont tracés
sur la figure 5.16 (a). Afin de simplifier la compréhension des différents graphes
présentant les effets systématiques, les points sont déjà corrigés des autres effets.
Deux ajustements on été effectués pour ces points. Le premier, en trait plein rouge
sur la figure, représente un ajustement quadratique où la valeur du coefficient en
B2 a été forcée à la valeur αth = −0.233 Hz/G2. Le seul paramètre ajustable est
donc la fréquence à B = 0 qui correspond à la valeur de la fréquence d’horloge cor-
rigée de tous les effets systématiques. Le deuxième ajustement, en traits pointillés
bleus, correspond à une loi quadratique où la seule condition est un coefficient
linéaire nul. Il permet de déterminer une mesure expérimentale du coefficient ca-
ractéristique de l’effet Zeeman du second ordre : αexp =−0.249(17) Hz/G2.

L’incertitude statistique sur le premier ajustement est de 0.2 Hz et garantit
un bon accord entre la théorie et nos observations. La figure 5.16 (b) montre les
mêmes points après correction de l’effet Zeeman du second ordre théorique. Cela
permet de vérifier que l’effet du premier ordre est bien annulé par la méthode d’in-
terrogation. Ici on voit que le comportement des points est compatible avec une
dépendance linéaire nulle, avec une incertitude qui ne dépasse pas 0.1 Hz. Cette
barre d’erreur correspond donc à la barre d’erreur totale sur l’effet Zeeman, qui
était auparavant de 5 Hz sans champ magnétique. D’autre part, la correction de
fréquence correspondante n’est que de 0.15 Hz. On voit donc bien tout l’intérêt de
cette méthode par rapport à une interrogation en champ nul.

5.3.3 Autres effets systématiques

Effet du piège

Les effets du piège, déjà évalués lors de la campagne présentée en 5.1.2, sont
maintenant contrôlés à un meilleur niveau. Pour les déterminer, on a intercalé des
séquences à différentes profondeurs de piège, maintenu à la longueur d’onde ma-
gique par le biais d’un lambdamètre, puis tracé la dépendance de la fréquence
d’horloge en fonction de la profondeur du piège (voir figure 5.17). La profondeur
a été balayée entre 50 Er et 500 Er, des valeurs plus faibles que celles explorées
lors des campagnes précédentes [30, 31]. À la profondeur maximale, le déplace-
ment lumineux correspondant des niveaux d’horloge est de 1.8 MHz. Étant donné
le niveau mesuré précédemment des effets d’ordre élevé, la série de points ex-
périmentaux a été ajustée avec un droite qui traduit uniquement le déplacement
lumineux du premier ordre. La pente de cette droite correspond à un déplacement
lumineux à la profondeur U0 = 500 Er qui vaut 0.5(5) Hz, ce qui veut dire que la
série de points est compatible avec un déplacement nul. Ce déplacement corres-
pond seulement à 3×10−7 par rapport au déplacement lumineux des niveaux.

On peut extrapoler ce résultat à la configuration optimale de l’horloge, à savoir
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avec un piège ayant une profondeur U0 = 10 Er. Dans ce cas, le déplacement in-
dividuel des niveaux est de 36 kHz soit 3×10−11 en valeur relative. Un niveau de
contrôle équivalent à celui de cette évaluation conduirait alors à une incertitude
sur le déplacement lumineux dû au piège au niveau de 2× 10−17. On contrôle
donc désormais cet effet, qui était l’inconnue des horloges à réseau optique, à un
meilleur niveau que la plupart des effets systématiques. Pour ramener cet effet
au niveau de 10−18, il faudrait rajouter un asservissement supplémentaire jouant
sur l’actuateur piézoélectrique de la cavité du laser Ti :Sa afin de contrôler la
fréquence du laser à 10 MHz près. Ce type d’asservissement peut être réalisé en
utilisant une cavité Fabry-Pérot ou un transition atomique comme référence de
fréquence.
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FIG. 5.17 – Fréquence de l’horloge en fonction de la profondeur du piège dipolaire.
La droite est un ajustement des points par une loi linéaire, et prévoit un déplacement de
fréquence de 0.5 Hz à la profondeur maximale, qui correspond à un déplacement lumineux
des niveaux de 1.8 MHz.

Déplacement collisionnel

L’effet des collisions entre atomes froids n’a pas été évalué lors de la cam-
pagne de novembre 2006, mais en mars 2006. Le graphe 5.18, qui représente ces
variations, correspond donc à la valeur de fréquence précédemment mesurée, qui
était d’environ 4 Hz supérieure à notre évaluation la plus récente. Pour évaluer le
déplacement collisionnel, des mesures ont été faites en variant la densité atomique
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dans le piège, ce qui peut être fait très facilement en variant la durée du chargement
dans le PMO bleu. La densité est alors évaluée grâce à la fluorescence : connais-
sant l’efficacité de la caméra CCD et l’angle de solide de détection, on peut évaluer
le nombre d’atomes piégés, et on connaît en parallèle les dimensions du faisceau
piège. La densité moyenne lors de cette évaluation était n0 ' 1011 atomes/cm3.

La droite sert d’ajustement à la série de point. L’extrapolation de cet effet à
densité nulle donne une correction de fréquence de 1(1) Hz. Cependant l’effet des
collisions sur la mesure de novembre 2006 n’est pas au même niveau pour deux
raisons. La première est que lors de notre dernière évaluation, les atomes étaient
polarisés, contrairement à l’évaluation de mars 2006. Comme les collisions se
font essentiellement dans l’onde s et sont interdites entre fermions de même état
interne, dans le cas le plus défavorable on ne doit tenir compte que des collisions
entre atomes ayant un sous-niveau Zeeman mF différent. Lors de notre interroga-
tion en champ nul, en supposant que les sous-niveaux Zeeman étaient equipeuplés,
un atome peut entrer en collision avec 90% des atomes restants. Avec l’efficacité
de pompage optique présentée ici, et comme seuls les atomes présents dans le
sous-niveau mF = 9/2 sont interrogés, il n’y a au maximum que 20% des atomes
qui contribuent aux collisions. La deuxième raison est que la profondeur de piège
utilisée en novembre 2006 était plus faible au moment du piégeage, et la densité
atomique était plus faible d’un ordre de grandeur. Pour cette raison on a unique-
ment attribué une incertitude de 0.1 Hz à cet effet, sans modifier la valeur de la
fréquence d’horloge.
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FIG. 5.18 – Fréquence d’horloge en fonction de la densité atomique lors de la campagne
de mars 2006. La densité atomique moyenne est n0 = 1011 atomes/cm3.
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Déplacement dû aux résonances voisines

Deux types de résonances peuvent venir décaler la fréquence d’horloge. Les
premières sont associées aux bandes latérales transverses du piège et sont induites
par la présence d’une composante transverse du vecteur d’onde. Pour une profon-
deur U0 = 100 Er, la fréquence d’oscillation transverse est de l’ordre de 150 Hz,
et on sait que le défaut d’alignement est plus faible que 1 mrad. Le régime de
Lamb-Dicke transverse est plus strict encore que dans la direction longitudinale
car l’amplitude du vecteur d’onde transverse représente dans ce cas moins de 10−3

de l’amplitude totale. La hauteur des résonances associées à une excitation trans-
verse est alors estimée à moins de 5×10−3 de la hauteur de la résonance centrale.
Expérimentalement, elles sont d’ailleurs comprises dans le bruit de la mesure. On
peut alors calculer l’effet de ces résonances comme δν = ∆2

δ
√

r où ∆, δ et r sont
respectivement la largeur des résonances (∆ = 30 Hz ici), l’écart entre les réso-
nances et le rapport des hauteurs des résonances. On trouve alors une incertitude
maximale de 0.4 Hz sur cet effet. Cette valeur est en plus confirmée par le fait
qu’aucune dépendance anormale en fonction de la profondeur du piège n’apparaît
sur la figure 5.17.

Les deuxièmes résonances qui entrent en jeu sont les autres transitions Zee-
man possibles, qui pourraient intervenir à cause du pompage optique qui est im-
parfait, et également de la polarisation du laser d’interrogation qui est difficile-
ment contrôlable. Après pompage optique, la population dans les sous-niveaux
mF =±7/2 est par exemple encore conséquente, mais la transition π associée est à
presque 100 Hz de celle qui nous intéresse pour un champ magnétique B = 0.87 G,
et d’amplitude moitié. Comme on n’a pas accès au niveau de cohérence entre les
différents sous-niveaux mF ainsi qu’à la qualité de la polarisation du laser d’in-
terrogation, il est difficile de donner une borne supérieure théorique à cet effet.
Expérimentalement, par contre, on peut évaluer cet effet en jouant sur plusieurs
paramètres. Tout d’abord la figure 5.16 ne montre pas d’écart par rapport au com-
portement attendu à 0.2 Hz près. Ensuite, les mesures effectuées pour différentes
profondeurs de modulation de l’asservissement numérique ne présentent pas non
plus de différence notable à 0.5 Hz près. Enfin, une mesure de la fréquence a été
effectuée en utilisant les transitions mF = ±9/2 → mF = ±7/2, et la valeur se
situe à 0.2(5) Hz de la fréquence mesurée pour des transitions π . Tous ces tests
prennent aussi en compte les éventuelles transitions comprenant un changement
de sous-niveau Zeeman et de niveau vibrationnel transverse qui sont proches de
résonance. On peut donc attribuer une incertitude globale de 0.5 Hz à ces effets de
"pulling" des raies voisines.
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Autres effets

Pour tenir compte de tous les effets présentés dans le chapitre 2, il faut en-
core évaluer les déplacements dus au rayonnement du corps noir et à l’intensité
du laser d’horloge. Le premier à été évalué en utilisant le calcul théorique de la
référence [120]. Pour suivre l’évolution de la température, des thermistances en
platine ont été placées de part et d’autre de l’enceinte à vide et la température de
l’enceinte à été relevée régulièrement. La température moyenne est T = 301 K et
les fluctuations représentent moins de 1 K. En utilisant la loi en T 4 qui définit cet
effet, et la valeur calculée à 300 K, on trouve une correction de 2.39(5) Hz.

Le dernier effet a été évalué grâce à une étude précise faite dans le cadre de
l’horloge au 88Sr [33] qui sera présentée dans le chapitre suivant. Le déplacement
lumineux est sensiblement le même pour les deux isotopes, et a été mesuré à
−78(11) Hz pour une intensité de 6 W/cm2 dans le cas du boson. L’horloge au
fermion fonctionne avec une puissance qui est trois ordres de grandeur plus faible,
et cet effet est donc ramené au niveau 0.1 Hz, avec une incertitude dans la gamme
des 10−2 Hz.

5.3.4 Bilan - Conclusion

Bilan d’exactitude

Les effets détaillés précédemment ne représentent pas une liste exhaustive des
perturbations qui viennent modifier la fréquence d’horloge, puisqu’il existe éga-
lement des effets provoqués par des imperfections d’ordre technique. Ces effets
peuvent par exemple être un déplacement lumineux dû à une mauvaise extinction
des différents lasers, des défauts d’homogénéité du laser d’interrogation qui font
que les atomes ne voient pas tous la même phase laser, etc... Néanmoins, au niveau
d’incertitude actuel, ces effets ne sont pas encore susceptibles d’affecter l’exac-
titude de l’horloge. Pour parvenir à un bilan d’incertitude complet, il faut par
contre tenir compte de l’incertitude statistique de la mesure. On a vu qu’une me-
sure d’une heure donnait lieu à une incertitude statistique de l’ordre de 0.5 Hz, ou
10−15 en valeur relative. Étant donné le nombre de mesures qui ont été effectuées
lors de la campagne (plus de 100), l’incertitude statistique est ramenée en-dessous
de 0.1 Hz. Sa contribution à l’incertitude de la mesure est donc dominée par les
autres effets.

Un bilan complet des différents effets et de leurs incertitudes respectives est
présenté dans le tableau 5.1. On peut remarquer deux effets qui ont été ajoutés à
ceux présentés dans les sections précédentes. D’une part, le niveau de contrôle
des effets systématiques atteint désormais un niveau comparable à l’exactitude de
la référence de fréquence fournie par la fontaine FO2. Les différentes fréquences
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Effet Correction Incertitude Incertitude relative
(Hz) (Hz) (×10−15)

Déplacement Zeeman 0.15 0.1 0.2
Déplacement lumineux 0.1 < 0.1 < 0.1
dû au laser d’horloge
Déplacement lumineux 0 0.1 0.2
du premier ordre dû au piège
Déplacement lumineux 0 0.1 0.2
du second ordre dû au piège
Déplacement dû aux autre raies 0 0.5 1.1
Déplacement collisionnel 0 0.1 0.2
Déplacement dû au 2.39 0.05 0.1
rayonnement thermique
Effet non identifié 0 1 2.3
Exactitude de FO2 0 0.2 0.4

Total 2.64 1.1 2.6

TAB. 5.1 – Bilan d’exactitude de l’horloge dans les conditions {U0 = 100 Er, B =
0.87 G}.

micro-onde nécessaires à l’utilisation du peigne de fréquence étant référencées
sur cette fontaine, la mesure de fréquence pour l’horloge au Sr sera toujours li-
mitée par l’incertitude de la référence de fréquence au niveau de 4× 10−16. Les
trois fontaines atomiques FO1, FO2 et FOM ont fonctionné simultanément lors
de notre évaluation et ont été en accord à mieux que 10−15 près pendant toute la
durée de la campagne.

Le deuxième effet qui a été ajouté est lié à une observation expérimentale,
qui n’a pas de cause clairement identifiée, illustrée sur la figure 5.19. Cette fi-
gure représente l’ensemble des points de mesure concernant les configurations
2 et 3 qui ont été répétées un grand nombre de fois. La série de gauche corres-
pond à un champ magnétique B = 0.87 G et une profondeur de modulation de
fmod = 10 Hz, celle de droite à B = 1.4 G et fmod = 7 Hz de profondeur de mo-
dulation. Les points correspondent à la mesure de fréquence corrigée de tous les
effets systématiques, et la barre d’erreur est uniquement une barre d’erreur statis-
tique en supposant qu’on a du bruit blanc. On peut voir que la série de gauche se
comporte normalement, c’est à dire que la dispersion des points autour de la va-
leur moyenne est compatible avec les barres d’erreurs individuelles (la dispersion
des points est évaluée à partir du χ2 réduit qui vaut dans ce cas 1.4). Le cas de
la série de droite est plus problématique : la dispersion des points est beaucoup
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plus grande (χ2 = 4.3) et n’est pas compatible avec les incertitudes statistiques
individuelles. On ne peut donc pas attribuer un barre d’erreur équivalente à celle
des autres séries pour la valeur moyenne obtenue, qui est de plus située 1.5 Hz
au-dessus de la valeur moyenne globale. Afin de tenir compte de cet effet qui
concerne un nombre de points non négligeable, on a d’une part augmenté à 1 Hz
la barre d’erreur correspondant au point à B = 1.4 G de la figure 5.16 et attribué
à l’ensemble de notre évaluation une incertitude supplémentaire de 1 Hz puisque
qu’on ne peut pas savoir si cet effet est également présent dans les autres séries de
points ou non. En revanche, on est sûr que l’effet, s’il est présent, est moindre, ce
qui justifie d’attribuer une barre d’erreur conservative à l’ensemble de l’évalua-
tion.

L’origine physique de cet effet pourrait être attribuée à un problème de mau-
vaise injection du laser esclave à 698 nm. Pour lever l’incertitude, il aurait fallu
reprendre les mêmes mesures en contrôlant cette injection, mais ces points sont
ceux pris à la fin de la campagne, et le laser femtoseconde a fibre n’était plus dis-
ponible au moment où l’effet à été identifié. Nous avons donc décidé de conserver
ces points et de les mettre dans notre mesure finale. Après correction de tous les
effets, la valeur de la fréquence d’horloge est

ν(87Sr) = 429228004229873.6(1.1)Hz (5.40)

La mesure effectuée en utilisant la transition mF = 9/2→mF = 7/2 donne une va-
leur située à 0.2(5) Hz. L’incertitude associée est de 2.6×10−15, au même niveau
que celle de l’évaluation faite dans la référence [50] avec une valeur en accord à
10−15 près. La comparaison des différentes valeurs mesurées pour cette fréquence
présentée au chapitre 1 montre la concordance des mesures faites par les différents
groupes travaillant sur le 87Sr et a permis de proposer la transition 1S0 → 3P0 du
87Sr comme représentation secondaire de la seconde par le Comité International
des Poids et Mesures (CIPM). A ce niveau de performance, et étant donnée la
large marge de progression possible pour cette horloge, c’est un premier pas vers
une future redéfinition de la seconde à partir d’une transition optique.

Améliorations futures

Afin d’améliorer les performances de l’horloge (stabilité, exactitude), plu-
sieurs axes de développement sont envisagés. L’amélioration de la stabilité passe
par plusieurs points. Le premier, déjà en cours de réalisation, est l’amélioration
du laser ultra-stable par le biais d’une nouvelle cavité de très haute finesse (pré-
sentée brièvement au chapitre 3) et mieux stabilisée que la cavité actuelle. Grâce
à ce système, on espère diminuer la largeur de raie du laser d’horloge en-dessous
de 1 Hz et diminuer le bruit de fréquence du laser. De cette manière on pourra
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(a) (b)

FIG. 5.19 – Séries de mesures répétées un grand nombre de fois dans la même configura-
tion au cours de la campagne de mesure de novembre 2006. (a) B = 0.87 G, fmod = 10 Hz.
(b) B = 1.4 G, fmod = 7 Hz. Le trait plein central représente la valeur moyenne, et les
deux lignes pointillées la barre d’erreur statistique attribuée à chaque série. La valeur
χ2 indiquée en bas à droite de chaque mesure représente une évaluation de la cohérence
statistique de chaque mesure.

augmenter la durée de l’interrogation et diminuer l’effet Dick comme on l’a vu au
chapitre 2.

La diminution de l’effet Dick, qui nous empêche d’atteindre la limite quan-
tique en terme de stabilité, passe également par deux autres améliorations pos-
sibles. D’une part, afin d’améliorer le rapport cyclique de l’horloge, il faut pou-
voir diminuer la durée de préparation des atomes par rapport à l’interrogation.
Cette amélioration passe par une modification de la séquence temporelle, en ima-
ginant par exemple une méthode qui permet de conserver les atomes d’un cycle
sur l’autre. Actuellement la phase de capture doit être reproduite à chaque cycle
car notre méthode d’interrogation chasse les atomes du piège. En mettant en place
une détection par absorption, on pourrait conserver une grande partie des atomes
d’un cycle sur l’autre et donc limiter la phase de piégeage magnéto-optique. En
effet, avec la technique de détection actuelle on ne peut collecter la fluorescence
des atomes que dans un faible angle solide, ce qui est compensé par l’utilisation
d’impulsions de longue durée et de puissance importante. Avec une détection par
absorption, on détecte le signal d’absorption de tous les atomes et donc l’efficacité
de détection est bien meilleure. On peut alors utiliser un laser moins puissant, et
comme la détection se fait avec un piège très profond, les atomes ne sont pas chas-
sés par ce processus. On peut imaginer également pouvoir piéger plus d’atomes
ainsi, autre facteur de diminution de l’instabilité. La deuxième amélioration vient
de la méthode d’interrogation : il a été montré que pour un rapport cyclique proche
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de 1, une interrogation de type Ramsey apporte une contribution par effet Dick
beaucoup plus faible qu’une interrogation de type Rabi [122].

L’objectif visé en terme de stabilité est dans la gamme des 10−16τ−1/2. Avec
des résonances de 1 Hz, on dispose d’un facteur de qualité atomique Q = 4×1014

qui permet de gagner un facteur 20 par rapport à notre stabilité actuelle. En compa-
raison avec la stabilité mesurée (6×10−14τ−1/2), on devrait donc obtenir une sta-
bilité de l’ordre de 3×10−15τ−1/2. En pratique le rapport cyclique est aussi amé-
lioré car on peut procéder à des interrogations plus longues et il semble réaliste
d’atteindre la gamme des quelques 10−16 à 1 s en gagnant sur l’effet Dick. Une
incertitude statistique de 10−17-10−18 pourrait alors être atteinte après quelques
heures d’intégration.

La mise en place du nouveau laser ultra-stable devrait également avoir des
effets sur l’exactitude de l’horloge. Par exemple, en interrogeant les atomes sur
un temps plus long, on diminue l’effet des résonances voisines sur la fréquence
d’horloge. Une diminution d’un facteur 30 de la largeur de résonance fait donc
gagner presque deux ordres de grandeur sur cet effet. En parallèle, on peut pro-
fiter de cette séparation pour faire la mesure à champ magnétique plus faible et
diminuer l’incertitude sur cet effet. Si on améliore le pompage optique de manière
à avoir r = 0.1, qu’on utilise des résonances de largeur ∆ = 1 Hz et qu’on diminue
le champ magnétique d’un facteur 10 (ce qui se traduit par δ = 9.6 Hz), on peut
alors gagner deux ordres de grandeur sur l’incertitude liée à l’effet Zeeman du
second ordre, tout en ramenant l’effet des résonances π voisines à 10−2 Hz.

En ce qui concerne l’effet des bandes latérales transverses, une solution ef-
ficace est d’utiliser un réseau optique tri-dimensionnel. On trouve alors des fré-
quences d’oscillation transverse similaires à la fréquence longitudinale, de l’ordre
de 22 kHz pour un piège d’une profondeur U0 = 10 Er. L’écart entre la porteuse
et les premières bandes latérales est de ce fait 40 fois plus important ce qui dimi-
nue d’autant le "pulling". D’autre part, le paramètre de Lamb-Dicke est lui aussi
plus faible, ce qui diminue l’amplitude des bandes latérales et permet au final
de réduire cet effet d’au moins deux ordres de grandeur. Cette géométrie de piège
permet également un refroidissement par bandes latérales dans les trois directions,
et donc une température plus basse des atomes. On peut donc dans ce cas dimi-
nuer la profondeur du piège sans risquer de perdre des atomes, et le rapport signal
à bruit de la détection est également amélioré à la limite quantique. De plus, les
effets d’interférences qui créent un gradient de polarisation dans le piège peuvent
être évités en désaccordant légèrement les faisceaux dans les trois direction. Avec
un décalage de l’ordre de 10 MHz, on peut s’affranchir de ces effets de polari-
sation sans induire de déplacement lumineux du premier ordre de plus de 10−17
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en valeur relative. Enfin, le passage à un piège tri-dimensionnel augmente aussi
énormément le nombre de puits, et devrait permettre d’atteindre un régime où le
nombre moyen d’atomes par puits est inférieur à 1. Le déplacement collisionnel
dans ce cas est alors essentiellement provoqué par la possibilité qu’ont les atomes
de passer d’un puits à l’autre par effet tunnel. En raison de la structure du ré-
seau qui interdit fortement l’effet tunnel, on peut penser que cet effet ne sera pas
limitant.

Le déplacement lumineux dû au laser d’horloge est quant à lui directement lié
à la largeur de la résonance. Une augmentation du temps d’interaction autorise
une diminution de la puissance utilisée si on souhaite réaliser une impulsion π .
Si on atteint un durée d’interrogation de 1 s, on peut diminuer la puissance d’un
facteur 50 par rapport à notre situation actuelle, et donc ramener l’incertitude de
cet effet au niveau de 2×10−4 Hz, soit moins de 10−18 en valeur relative.

Le dernier effet du bilan limitant pour atteindre l’objectif d’exactitude de
10−17-10−18 est alors le déplacement de fréquence dû au rayonnement thermique.
Comme il a été expliqué au chapitre 2, un contrôle de cet effet à ce niveau implique
un contrôle de la température de l’enceinte au niveau de 0.02 K à température am-
biante, ou bien le passage à un environnement cryogénique. Il faut également
tenir compte des effets invisibles à notre niveau d’exactitude mais qui sont d’ores
et déjà pris en compte dans les horloges à ion affichant les meilleures exactitudes
à l’heure actuelle [28] : déplacement lumineux dû à une mauvaise extinction des
faisceaux, défauts de planéité des fronts d’onde... En obtenant des stabilités dans
la gamme des 10−17 au bout d’un temps d’intégration raisonnable, on ouvre la
voie à des performances qui n’ont pour le moment jamais été réalisées. Il est donc
difficile d’évaluer les difficultés techniques supplémentaires qui vont se poser pour
atteindre l’objectif de 10−18 en exactitude. Il est donc encore prématuré d’affirmer
que les axes de développement présentés ici seront suffisants, même s’il est main-
tenant clair que les horloges à réseau optique seront à terme plus performantes
que les références de fréquence actuelles.
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Chapitre 6

Horloge fonctionnant avec des
atomes de 88Sr

Suite au développement des horloges à réseau optique depuis 2001, notam-
ment en utilisant des atomes fermioniques de 87Sr et de 171Yb, des propositions
ont été faites pour utiliser également les isotopes bosoniques correspondants (88Sr,
174Yb) en ne modifiant que légèrement les expériences. La possibilité d’évaluer
une horloge à l’aide de différents isotopes d’un même élément permet d’enri-
chir les résultats obtenus en permettant notamment de tester différents couplages.
Une mesure de très haute précision de la transition d’horloge pour les différents
isotopes donne accès au déplacement isotopique ainsi qu’aux forces d’oscilla-
teurs associées à différentes transitions. On peut imaginer ainsi améliorer notre
connaissance de différents effets systématiques apparaissant dans les horloges fer-
mioniques, comme le déplacement lumineux provoqué par la sonde ou le dépla-
cement dû au rayonnement thermique.

Outre le fait que ces isotopes sont plus abondants (dans le cas du Sr, l’abon-
dance isotopique du 88Sr est de 83% contre seulement 7% pour le 87Sr) et qu’on
peut ainsi obtenir un meilleur rapport signal à bruit lors de la détection, l’intérêt
principal réside dans la structure atomique beaucoup plus simple en raison d’un
spin nucléaire I = 0. La transition 1S0 → 3P0 est alors beaucoup moins sensible
aux défauts de polarisation du piège, et il n’y a pas d’effet Zeeman du premier
ordre. En contrepartie, cette transition devient alors interdite à tous les ordres
multipolaires électriques et magnétiques pour une transition à un photon, et il
faut toujours ajouter au moins un champ (électrique, magnétique, lumineux) sup-
plémentaire afin de recréer artificiellement le mélange de niveaux qui s’effectue
naturellement dans le cas du fermion. D’autre part, les collisions entre atomes
froids sont potentiellement plus importantes dans le cas du boson, et l’absence de
sensibilité au champ magnétique au premier ordre ne permet pas de mesurer ce
champ en temps réel comme c’est le cas pour le fermion.
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La première section de ce chapitre présente les conséquences sur l’horloge
de la modification de structure atomique, ainsi que les différentes propositions
faites pour tirer profit des isotopes bosoniques dans le cadre des horloges à réseau
optique. La deuxième partie présente la manière dont nous avons modifié notre
propre horloge dans le but de la faire fonctionner avec le boson 88Sr, en appli-
quant un schéma simple qui ne nécessite que l’utilisation d’un champ magnétique
statique. Enfin, la dernière section a pour but de comparer les performances entre
horloge au fermion et horloge au boson.

6.1 Propositions pour une horloge utilisant un iso-
tope bosonique

6.1.1 Modification de la structure atomique dans le cas du Sr

Il existe essentiellement deux différences entre les deux isotopes 87Sr et 88Sr
qui vont déterminer les caractéristiques propres à chacun. La première est l’ab-
sence de spin nucléaire dans le cas du boson, qui vient simplifier sa structure
atomique. Il n’existe donc plus de structure hyperfine ni de sous-niveaux Zeeman
associés, la seule structure magnétique qui apparaisse étant pour des niveaux de
moment angulaire J > 0. La deuxième est la différence de masse des deux noyaux,
qui se traduit par un déplacement isotopique des fréquences des différentes tran-
sitions. Ces déplacements ont été présentés dans le chapitre 4 pour toutes les tran-
sitions utiles à l’horloge.

Transition d’horloge

Pour déterminer la structure électronique du 88Sr, on peut utiliser la même
méthode que celle présentée au chapitre 2. La structure fine est identique à celle
du fermion, à savoir un couplage intermédiaire entre couplage L-S et couplage j-j.
Les coefficients de mélange α et β qui permettent d’écrire les niveaux issus de ce
couplage, notamment

|3P1〉= α |3P0
1 〉+β |1P0

1 〉, (6.1)

sont sensiblement les mêmes que dans le cas du fermion. Le fait que la transition
1S0 → 3P1 soit autorisée par couplage dipolaire électrique est donc valable de
la même façon. Par contre, le niveau 3P0 reste inchangé par le couplage fin, et
comme il n’y a pas de structure hyperfine, on a au final un niveau L-S pur. Cela
signifie que la transition d’horloge est à la fois une raie d’intercombinaison et une
transition J = 0→ J = 0, donc interdite à tous les ordres pour une transition à un
photon. Le déplacement isotopique, ainsi que cette absence de structure hyperfine
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de manière moins importante, sont à l’origine d’un décalage des niveaux du 88Sr
par rapport au 87Sr.

Au final, les fréquences des transitions sont donc déplacées du décalage iso-
topique et de la structure hyperfine. Dans le cas de la transition à 461 nm, ces
déplacements sont de l’ordre de 50 MHz pour une transition optique a plusieurs
centaines de THz, ce qui représente un déplacement de l’ordre de 10−7 en valeur
relative. Les longueurs d’onde des transitions sont donc globalement inchangées,
de même que les durées de vie des niveaux 1P1 et 3P1 qui ont une dépendance en
λ 3 (cf équation 2.7). Le cas de la transition d’horloge est différent puisqu’il n’y a
plus de couplage possible. La durée de vie du niveau |3P0〉 est de quelques mil-
liers d’années, après quoi il se désexcite en émettant deux photons E1 et M1 [144].
Sa largeur est donc virtuellement nulle et ne peut pas être augmentée par simple
saturation, d’où l’idée d’un couplage supplémentaire reproduisant une sorte de
couplage hyperfin.

Longueur d’onde magique

Les calculs de longueur d’onde magique sont eux aussi affectés de deux ma-
nières différentes. La première vient du fait que l’absence de structure Zeeman
des niveaux d’horloge réduit fortement les termes vectoriel et tensoriel de la po-
larisabilité. Il existe donc bien une unique longueur d’onde magique pour cette
transition qui n’est plus sensible à la polarisation du faisceau servant à piéger les
atomes. Le refroidissement par bandes latérales est également simplifié puisque
le niveau 3P1 possède moins de sous-niveaux Zeeman. Le deuxième changement
vient à nouveau des décalages isotopique et hyperfin qui viennent légèrement mo-
difier le poids des différents termes dans le calcul de la polarisabilité des niveaux.
De manière générale, ces décalages peuvent atteindre au plus 2 ou 3 GHz, alors
que les transitions considérées dans le calcul de la polarisabilité sont au moins
à des fréquences optiques, donc quelques centaines de THz. La correction asso-
ciée représente quelques 10−5 en valeur relative et s’applique au désaccord par
rapport aux différentes résonances. Pour une longueur d’onde de 813 nm où la
résonance la plus proche est à 679 nm, cette correction vient donc modifier d’au
plus 10−3 nm la valeur de la longueur d’onde magique λm.

Sensibilité magnétique

L’absence de structure Zeeman pour les niveaux d’horloge vient également
modifier la sensibilité au champ magnétique puisqu’il n’y a plus de sensibilité au
premier ordre. La sensibilité au deuxième ordre, quant à elle, est toujours large-
ment dominée par le couplage entre les niveaux 3P0 et 3P1, le niveau 1P1 étant
situé beaucoup plus loin en énergie. Le calcul perturbatif utilisé au chapitre 2 peut
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être adapté au cas du boson :

h∆(2)
Z = −|〈

3P0|ĤZ|3P1〉|2
hν(3P0 → 3P1)

(6.2)

' −α2 |〈3P0|ĤZ|3P0
1 〉|2

hν(3P0 → 3P1)
. (6.3)

Dans le cas des isotopes bosoniques des alcalino-terreux, le calcul de l’élément de
matrice est identique quel que soit l’élément et vaut 〈3P0|ĤZ|3P0

1 〉 =
√

2/3µBB.
On retrouve donc pour l’expression du déplacement Zeeman du second ordre
exactement la même expression que dans le cas du fermion (équation 2.57). La
différence vient donc du coefficient de mélange α et de la fréquence de la tran-
sition, mais cette fréquence avait été elle-même simplifiée dans le cas du 87Sr en
considérant que la structure hyperfine était négligeable devant l’écart de struc-
ture fine. Il n’est donc pas étonnant de retrouver la même dépendance qui vaut
−0.233 Hz/G2 et qui a été calculée [101] et mesurée expérimentalement [33] dans
le cas du 88Sr.

6.1.2 Horloge bosonique à réseau optique en utilisant des tran-
sitions à plusieurs photons

La transition d’horloge étant interdite à tous les ordres pour les processus à
un photon, la première idée qui vient est d’utiliser des transitions à plusieurs pho-
tons. Une proposition a été faite pour un processus à deux photons [145, 146] en
prenant le niveau 1P1 comme niveau intermédiaire, tandis qu’une autre publica-
tion [147] envisage une transition à trois photons utilisant les niveaux 3P1 et 3S1
comme niveaux intermédiaires. Ces deux possibilités utilisent des processus de
transparence électromagnétiquement induite.

Résonance à deux photons

L’idée d’une transition à deux photons pour la transition 1S0 → 3P0 du 88Sr
repose sur une structure en lambda utilisant le niveau intermédiaire 1P1. Les ex-
périences de transparence électromagnétiquement induite utilisent généralement
deux niveaux quasiment dégénérés et un niveau excité, de manière à pouvoir négli-
ger l’émission spontanée entre les deux niveaux de basse énergie, mais ce schéma
fonctionne bien ici aussi étant donnée la durée de vie de l’état 3P0. La figure 6.1
présente les niveaux en jeu ainsi que les fréquences et les désaccords qui inter-
viennent dans l’étude. Pour simplifier les notations, les niveaux ont été renommés
|1S0〉 = |1〉, |3P0〉 = |2〉 et |1P1〉 = |3〉. Leurs énergies en absence de perturbation
sont données par les pulsations ωi, i = 1,2,3.
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Un laser sonde est accordé à proximité de la résonance 1S0→ 1P1 à 461 nm. Sa
pulsation est ωs, et le désaccord par rapport à la résonance est noté δs = ω13−ωs.
Cette transition étant autorisée par couplage dipolaire électrique (E1), on note la
pulsation de Rabi associée Ωs = 〈3|d|1〉E0/h̄, où d est le moment dipolaire élec-
trique, et E0 l’amplitude du champ électrique du laser. Le laser pompe est accordé
a proximité de la résonance 3P0 → 1P1 à 1354 nm. On note ωp et δp = ω23−ωp
sa pulsation et son désaccord. Cette transition est interdite par couplage dipolaire
électrique, mais autorisée par couplage dipolaire magnétique (M1). La fréquence
de Rabi du couplage Ωp fait donc intervenir le moment dipolaire magnétique M
et l’amplitude du champ magnétique de l’onde B0. On note Ωp = 〈3|M|2〉B0/h̄.
Afin de simplifier le problème, on suppose les deux lasers polarisés linéairement,
et que les champs E0 et B0 sont alignés, de manière à ne faire intervenir que le
sous-niveau mJ = 0 du niveau 1P1.

1
S

0

 
3
P

0

1
P

1

461 nm

698 nm

1354 nm

δs
δp

ωs

Ωs

Ωp

ωp

FIG. 6.1 – Schéma des niveaux intervenant dans l’excitation de la transition 1S0 → 3P0
du 88Sr en utilisant deux lasers et le niveau 1P1 comme intermédiaire.

Si on considère dans un premier temps le laser pompe seul et les niveaux |2〉 et
|3〉, on retrouve un système simple à deux niveaux couplés par un laser résonant, le
niveaux excité ayant un taux de perte par émission spontanée Γ (Γ = 2π×32 MHz
pour le niveau 1P1). Ce couplage revient à mélanger légèrement les niveaux, et si
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on utilise le formalisme des états habillés, on crée ainsi un état |2′〉 qui s’écrit [145]

|2′〉=
(
|2〉e−iω2t +α|3〉e−i(ω3+δd)t

)
e−iβ t , (6.4)

α =
1
2

Ωd

δd + iΓ/2
, β =

1
2

ωdα. (6.5)

Par l’action du faisceau pompe, on est capable de recréer artificiellement le mé-
lange de niveaux qui se fait naturellement par couplage hyperfin dans le cas du
87Sr, l’avantage étant qu’on peut "contrôler" le mélange en modifiant la puis-
sance de la pompe. La largeur du niveau ainsi créé peut s’écrire Γ′ = Ω2

d/Γ ; si
on veut reproduire le cas du fermion (Γ′ = 1 mHz), il faut utiliser une intensité la-
ser I = 3.9 mW/cm2 et le coefficient de mélange |α| est alors de l’ordre de 10−5.

L’ajout du laser sonde permet de créer une configuration propre à la transpa-
rence électromagnétiquement induite (TEI) : en accordant le laser sonde et le laser
pompe (δs ' δp) on réalise un processus cohérent qui se traduit par une absence
d’absorption des photons de la sonde à résonance exacte. Le profil d’absorption
classique présente donc un creux à résonance, dont la largeur est de l’ordre de
Γ′, sur laquelle on peut venir s’asservir. Dans une configuration "classique", on a
besoin d’asservir sur la résonance un laser ultra-stable ; dans cette configuration,
c’est la différence de fréquence des deux lasers qui doit être ultra-stable, la fré-
quence individuelle des lasers n’étant responsable que d’un éventuel déplacement
lumineux si on s’éloigne de résonance. On en revient donc à contrôler la fréquence
exacte de la transition 1S0 → 3P0.

Évaluation des performances possibles

Afin de reproduire les mêmes performances que les horloges fonctionnant avec
l’isotope fermionique, une telle horloge doit également fonctionner avec un réseau
optique de manière à piéger les atomes dans le régime de Lamb-Dicke. On sup-
posera ici que le même niveau de contrôle du déplacement lumineux que dans
les horloges à 87Sr peut être atteint. Le contrôle de la différence de fréquence
entre les deux lasers est réalisé à l’aide d’un laser à 698 nm stabilisé de manière à
transmettre ses caractéristiques au signal de différence de fréquence. Pour cela, on
envoie les deux lasers d’interrogation dans un cristal non-linéaire qui produit un
signal à la fréquence ωs−ωp. Ce signal est asservi en phase sur le signal du laser
de référence, de manière à imposer ωs−ωp = ω698. De cette manière, un laser
ultra-stable ayant une largeur de raie de 1 Hz permet de contrôler les fluctuations
de la différence à 1 Hz près.

Les principaux effets systématiques qui apparaissent avec ce schéma de fonc-
tionnement par rapport à une excitation directe sont les déplacements lumineux
des trois niveaux dus aux différents lasers. A la longueur d’onde magique, les
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deux lasers d’interrogation viennent déplacer les niveaux d’horloge. Le déplace-
ment de la fréquence de transition à cause du laser pompe utilisé avec une intensité
de 3.9 mW/cm2 est estimé à 21 mHz, alors que celui causé par le laser sonde, pou-
vant fonctionner à une intensité plus faible (de l’ordre de 10 µW/cm2), ne dépasse
pas 1 mHz. Un contrôle à 1% près de la puissance permet alors d’avoir une incer-
titude sur ces effets ramenée au niveau de 10−18. D’autre part, le niveau intermé-
diaire |3〉 est également déplacé, mais principalement par le piège dipolaire. Pour
une profondeur de piège de 150 kHz (soit environ 40 Er), le niveau 1P1 est déplacé
de −250 kHz. Ce déplacement de fréquence peut être simplement vu comme un
déplacement du désaccord des deux lasers utilisés pour l’interrogation. Pour une
largeur de raie Γ′ = 1 mHz, il a néanmoins été montré que le profil du creux de TEI
était quasiment inchangé en balayant le désaccord entre 0 et quelques centaines
de kHz, donc cet effet ne devrait pas modifier l’asservissement sur le profil.

Finalement, en tenant compte des effets systématiques "classiques", comme le
déplacement Zeeman (ici réduit sous le niveau de 10−18 puisque seul l’effet du
second ordre persiste) ou bien le déplacement dû au rayonnement de l’enceinte,
on arrive à une estimation finale de l’exactitude possible à atteindre de l’ordre
de 2× 10−17. Néanmoins, l’inconvénient principal de cette méthode est qu’elle
nécessite l’utilisation de plusieurs lasers et de processus non linéaires pour générer
la fréquence d’horloge. D’un point de vue technique, il est également plus difficile
de traiter les différentes optiques pour toutes les longueurs d’onde utilisées.

Résonance à trois photons

Une technique similaire a été proposée en utilisant trois lasers et quatre ni-
veaux [147]. Cette fois on utilise les transitions intermédiaires 1S0 → 3P1 (asso-
ciée au laser sonde à la fréquence ωs), 3P1 → 3S1 (laser pompe puissant à ωp) et
3P0 → 3S1 (laser pompe faible à ω f ). Les niveaux sont tracés sur la figure 6.2. Les
pulsations de Rabi associées à ces transitions, qui sont toutes de type dipolaire
électrique, sont notées Ωs, Ωp et Ω f ; les désaccords par rapport aux résonances
atomiques correspondantes sont δs, δp et δ f .

Le phénomène quantique qui apparait dans cette configuration est appelé trans-
parence et absorption électromagnétiquement induites (TAEI). Il est très similaire
à la TEI utilisée dans le cas d’une résonance à deux photons, à la différence que
le profil d’absorption du laser sonde présente dans ce cas un pic lorsque les lasers
sont accordés sur la résonance atomique (δs +δp = δ f , où de manière équivalente
ωs +ωp−ω f = ω698). On peut de la même manière contrôler la largeur du niveau
3P0 en variant l’intensité des différents lasers, et on s’asservit sur le pic d’absorp-
tion. La même solution a été proposée pour asservir les trois lasers ensemble :
grâce à des processus non linéaires, on peut générer à partir des trois fréquences
la fréquence de la transition d’horloge. Grâce à un laser ultra-stable à 698 nm, on
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vient corriger un des trois lasers de manière à maintenir constante la différence
des fréquences.

Les calculs de [147] ont été réalisés pour des atomes de Yb, mais on peut les
généraliser pour des atomes de Sr. Ils prédisent qu’un désaccord d’un des lasers
de 2 kHz ne déplace la position de la résonance que d’une fréquence relative de
10−18, alors que le déplacement lumineux de la transition d’horloge représente
quelques dizaines de mHz, contrôlables également au niveau de 10−18. Néan-
moins, le fait que trois lasers soient utilisés rend cette méthode moins pratique
qu’une méthode à deux photons et n’apporte pas d’avantages sur le contrôle des
effets systématiques.
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FIG. 6.2 – Schéma des niveaux intervenant dans l’excitation de la transition 1S0 → 3P0
du 88Sr en utilisant trois lasers et les niveau 3P1 et 3S1 comme intermédiaires.

6.1.3 Horloge bosonique avec un champ magnétique statique
Une méthode plus simple à mettre en place a récemment été proposée pour

réaliser une horloge à réseau optique bosonique. Elle consiste à mélanger légè-
rement le niveau 3P0 avec le niveau 3P1 à l’aide d’un champ magnétique sta-
tique [101]. Cette méthode, qui tire partie du couplage magnétique entre les deux
niveaux responsable de l’effet Zeeman du second ordre sur la transition d’hor-
loge, a l’avantage de ne nécessiter qu’un seul laser d’horloge directement accordé
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sur la fréquence d’horloge. De fait, la mise en œuvre expérimentale est assez si-
milaire à celle d’une horloge fermionique utilisant un champ magnétique lors de
l’interrogation.

Modèle simple dans le cas d’un système à trois niveaux

On considère tout d’abord un système à trois niveaux 1S0, 3P0 et 3P1. En
présence d’un champ magnétique statique B, le hamiltonien Zeeman qui en dé-
coule s’écrit sous la forme ĤZ = −M.B où M est le moment magnétique ato-
mique. En traitant ce terme supplémentaire de manière perturbative, on peut dé-
finir une fréquence de Rabi associée au couplage entre les niveaux 3P0 et 3P1 :
ΩZ =−〈3P0|M.B|3P1〉/h̄. Le déplacement d’énergie associé du niveau 3P0 est du
deuxième ordre et s’écrit (voir équation 6.2)

h∆Z =−h̄
Ω2

Z
ω(3P0 → 3P1)

, (6.6)

où on a noté la différence d’énergie entre les deux niveau en fonction de la pul-
sation associée pour simplifier les notations. Au premier ordre de la théorie des
perturbations, on peut écrire le nouvel état propre issu de 3P0 en présence du cou-
plage magnétique :

|3P′0〉 = |3P0〉+ 〈3P1|ĤZ|3P0〉
E(3P0)−E(3P1)

|3P1〉, (6.7)

= |3P0〉− ΩZ

ω(3P0 → 3P1)
|3P1〉. (6.8)

La transition 1S0 → 3P′0 devient alors faiblement autorisée grâce à la présence du
niveau 3P1 qui est lui couplé au niveau fondamental par un couplage dipolaire
électrique (avec une largeur Γ1 ' 2π×7.6 kHz).

On interroge alors la transition 1S0 → 3P′0 avec un laser ayant d’amplitude E et
de pulsation ω , et on note ΩL = −〈3P1|d.E|1S0〉/h̄ la pulsation de Rabi associée
à la transition dipolaire électrique correspondante, d étant le moment dipolaire
électrique. Lorsque la fréquence du laser est accordée proche de résonance (ω '
ω698), on peut écrire la pulsation de Rabi de la transition d’horloge :

ΩR =−〈
3P′0|d.E|1S0〉

h̄
=

ΩLΩZ

ω(3P0 → 3P1)
. (6.9)

Le but est alors de trouver des valeurs de E et de B permettant d’obtenir une
pulsation de Rabi compatible avec le laser d’interrogation (c’est à dire au moins
de l’ordre de la largeur de raie du laser d’horloge).
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On peut voir qu’il est possible d’exprimer de manière plus pratique la pulsation
de Rabi de la transition en fonction des déplacements de fréquence induits par les
champs appliqués. En plus du déplacement Zeeman ∆Z , on peut écrire dans le
cas d’un système à trois niveaux le déplacement lumineux de la fréquence de la
transition d’horloge comme

h∆L = h̄
Ω2

L
4ω(3P0 → 3P1)

. (6.10)

Dans ce cas on voit directement que la pulsation de Rabi de la transition peut
s’écrire ΩR/2π = 2

√
|∆L∆Z|. Il est donc possible de privilégier un déplacement

plutôt qu’un autre (celui qu’on sait le mieux contrôler) pour obtenir la pulsation
de Rabi désirée.

Cas du 88Sr

En réalité la situation est un peu plus complexe en raison de la présence
d’autres niveaux. En ce qui concerne l’effet Zeeman, il faudrait normalement
considérer également le couplage du niveau 3P0 avec le niveau 1P1, mais il est
négligeable à cause du dénominateur d’énergie intervenant dans le calcul du ni-
veau 3P′0. Il faut également tenir compte de la sous-structure magnétique du niveau
3P1. Pour ce qui est du déplacement lumineux, il faut tenir compte des autres ni-
veaux couplés aux niveaux d’horloge, comme cela a été montré au chapitre 2. En
plus, l’orientation relative des deux champs entre aussi en compte dans l’effica-
cité du processus. Une fois tous ces paramètres pris en compte, on peut écrire la
pulsation sous la forme relativement simple

ΩR/2π = η
√
|∆L∆Z|cosθ . (6.11)

Dans cette expression, θ désigne l’angle formé par les vecteurs E et B, tandis
que η est un facteur numérique qui prend en compte tous les coefficients qui
permettent de relier les valeurs de E et B aux déplacements de fréquence as-
sociés. Dans le cas du 88Sr, ce coefficient a été calculé numériquement et vaut
η = 0.30 [101]. En réalité l’incertitude sur ce coefficient est importante puisqu’il
englobe notamment l’estimation de la polarisabilité des niveaux qui, on l’a vu,
coïncide assez mal avec les observations expérimentales (dans le calcul de la lon-
gueur magique par exemple).

En utilisant cette expression et en supposant qu’on est capable d’effectuer une
interrogation de la transition en utilisant une fréquence de Rabi de 1 Hz, il faut par
exemple utiliser des valeurs de B et de l’intensité lumineuse I induisant des dépla-
cements de fréquence de 3 Hz chacun. En fait, le contrôle du champ magnétique
peut se faire à un bien meilleur niveau que celui de l’intensité lumineuse, pour
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laquelle il est difficile d’évaluer les effets à mieux que 1% au niveau des atomes.
En prenant par exemple B = 15 G et I = 10 mW/cm2, on peut obtenir une fré-
quence de Rabi de l’ordre du Hz. Les déplacement associés sont alors ∆Z ' 52 Hz
et ∆L = 180 mHz. Les contrôler au niveau de quelques mHz (soit 10−17 en valeur
relative) requiert une stabilisation de l’intensité laser au niveau du % ainsi qu’un
contrôle du champ magnétique au niveau de 1 mG.

6.1.4 Horloge bosonique avec un laser à la longueur d’onde
magique

Une dernière solution pour mélanger le niveau 3P0 à un niveau de durée de vie
finie et d’utiliser simplement un seul faisceau laser. Contrairement au cas où on
utilise un champ magnétique statique et où la fréquence d’horloge est modifiée
par ce couplage car seul le niveau excité est perturbé, l’utilisation d’un laser vient
déplacer les deux niveaux d’énergie. Or on connaît justement la longueur d’onde
pour laquelle la transition d’horloge n’est pas modifiée par ce déplacement lumi-
neux : la longueur d’onde magique [102].

Mélange des niveaux

Le champ électrique du laser de couplage est noté Ec = Ececos(k.r−ωmt)
(ωm est la pulsation associée à la longueur d’onde magique). Comme dans le cas
du couplage à l’aide d’un champ magnétique statique, le traitement perturbatif de
l’effet de ce laser montre qu’on va essentiellement contaminer le niveau 3P0 avec
le niveau 3P1, le coefficient de mélange étant donné par

|3P′0〉= |3P0〉+ ε|3P1〉 avec ε =
Ω01

ω01
, (6.12)

où Ω01 est la fréquence de Rabi de la transition 3P0 → 3P1 induite par le cou-
plage et ω01 est la fréquence de la transition. Dans le cas d’un couplage lumineux,
un transition de type dipolaire électrique est interdite par la règle de sélection
∆L 6= 0, donc il faut regarder les transitions d’ordre plus élevé. Une transition di-
polaire magnétique est possible, mais la force de couplage associée est totalement
négligeable par rapport à une transition à deux photons E1. Le processus de cou-
plage principal est donc du deuxième ordre, et la pulsation de Rabi associée peut
s’écrire [102]

h̄Ω01 =− E2
c

4
√

6
ξ αV

3P0
(ωm), (6.13)

où ξ est l’ellipticité du faisceau et αV
3P0

est la composante vectorielle de la pola-
risabilité dynamique du niveau 3P0. Ces notations ont été introduites au chapitre 2
pour présenter les effets systématiques dus au laser de piégeage.
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Cette expression montre que le couplage du deuxième ordre n’est effectif que
dans le cas où la polarisation du laser de couplage n’est pas linéaire. L’idée est
donc d’utilisation une polarisation circulaire (ξ = 1) pour maximiser la pulsation
de Rabi. Comme de plus on travaille avec le 88Sr, la polarisation du laser n’a
aucune influence sur le déplacement lumineux de la transition d’horloge et on est
toujours dans une situation où ce déplacement est nul au premier ordre.

Fonctionnement dans une telle configuration

Le mélange des niveaux a pour effet de donner une durée de vie ajustable au
niveau 3P′0 ainsi créé, qui s’écrit τ(3P′0) = (1/|ε|2)τ(3P1). En utilisant un faisceau
d’intensité Ic = 0.5 MW/cm2, on peut avoir une fréquence de Rabi Ω01 de l’ordre
de 10 MHz et une largeur du niveau de quelques mHz, soit un couplage équivalent
à celui utilisant un champ magnétique de 10 G. Si on considère maintenant l’effet
du faisceau sonde, de champ électrique Es, on va pouvoir, par couplage dipolaire
électrique, induire la transition avec une fréquence de Rabi Ωs =−〈3P′0|d.Es|1S0〉.
L’élément de matrice est non nul du fait du mélange de 3P0 et 3P1, lui même
couplé au niveau 1P1 en raison de la structure fine. Pour une intensité de la sonde
Is = 10 mW/cm2, on peut alors obtenir une fréquence de Rabi Ωs ' 0.3 Hz.

Le principal inconvénient de cette méthode vient du fait que le processus de
couplage est un processus du second ordre, qui nécessite donc une intensité laser
importante pour induire une faible contamination du niveau 3P0 par le niveau 3P1.
L’avantage de supprimer tout déplacement lumineux du premier ordre à la lon-
gueur d’onde magique est donc perdu en raison de l’apparition d’un déplacement
lumineux du second ordre. Il est dû non seulement au laser de piégeage d’intensité
Ip, mais également au laser de couplage ainsi qu’à des termes croisés faisant inter-
venir le produit IcIp, tous ces termes étant sensibles à la polarisation des différents
faisceaux. Une évaluation du facteur de proportionnalité donnant le déplacement
lumineux du second ordre a été faite dans la référence [102], et donne une estima-
tion de ce déplacement ∆(2)

L =−61.5× I2, où l’intensité I est donnée en MW/cm2

et ∆L en Hz. Même si on a vu que les calculs d’hyperpolarisabilité étaient très
imprécis, cette valeur donne un ordre de grandeur du déplacement dans le cas
étudié ici, et qui vaut environ 15 Hz en valeur absolue. Cet effet rend donc cette
méthode inappropriée en l’état pour la réalisation d’une horloge optique de haute
performance.

6.2 Évaluation de l’horloge au 88Sr
La première réalisation expérimentale d’une horloge à réseau optique utili-

sant un atome bosonique a été effectuée au NIST dans l’équipe de L. Hollberg
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sur l’horloge à Yb et en utilisant un champ magnétique statique comme champ de
couplage. Elle a donné lieu à l’observation de la transition d’horloge avec l’isotope
174Yb [103]. Des résonances d’une largeur minimale de 20 Hz ont pu être obser-
vées en utilisant un champ magnétique B = 12.9 G et une intensité lumineuse du
laser d’interrogation I = 280 mW/cm2, qui correspondent à une fréquence de Rabi
d’environ 4 Hz. De telles largeurs étaient a priori limitées par le laser d’interroga-
tion.

Néanmoins, aucune évaluation de l’horloge n’a été effectuée dans ces condi-
tions. Ce type de dispositif étant très simple à mettre en place à partir du système
fonctionnant avec du 87Sr, nous avons effectué la première évaluation d’une hor-
loge à réseau optique avec des bosons en travaillant avec l’isotope 88Sr [33].

6.2.1 Modifications du dispositif expérimental
Le passage du fermion au boson n’a nécessité que quelques modifications mi-

neures du dispositif expérimental. Il est désormais possible de passer d’un isotope
à l’autre de manière rapide et sans avoir à retoucher à la plupart des alignements.
Comme la plupart des lasers sont asservis sur les transitions atomiques corres-
pondantes de l’isotope bosonique, on a généralement ajouté dans le montage des
MAO permettant de décaler la fréquence des différents lasers pour atteindre les
résonances correspondantes pour le fermion. En jouant sur ces MAO, on est donc
capable de retrouver les fréquences nécessaires pour utiliser l’horloge avec le 88Sr.

D’autre part, la séquence temporelle de l’horloge dans son fonctionnement bo-
sonique est identique à celle de l’horloge fermionique en supprimant la phase de
pompage optique. La durée de l’étape de piégeage magnéto-optique est dans ce
cas légèrement plus importante (environ 400 ms), et les autres étapes ont des du-
rées identiques. La durée typique d’un cycle est alors de l’ordre de 600 ms. Enfin,
il faut noter qu’aucune modification n’a été faite au niveau du laser à 813 nm, et les
mesures ont été réalisée à la longueur d’onde magique mesurée pour le fermion :
λm = 813.428 nm.

Laser à 461 nm

Le passage du fermion au boson est relativement simple pour ce qui concerne
le laser à 461 nm puisque la largeur de raie du niveau 1P1 (Γ461/2π = 32 MHz)
est du même ordre de grandeur que le décalage isotopique entre la fréquence de
la transition 1S0 → 1P1 du boson et celles des différentes transitions hyperfines
dans le cas du fermion (voir la figure 4.6). Le décalage de fréquence s’effectue
directement sur le faisceau qui est envoyé vers le petit jet pour l’asservissement de
fréquence du laser. Grâce au MAO utilisé en double passage (AO4 sur la figure 4.7
représentant le dispositif pour les différents faisceaux bleus), on peut asservir le



210 CHAPITRE 6

laser sur la résonance du boson ou du fermion en décalant simplement la fréquence
de 191.5 MHz pour le fermion à 171 MHz pour le boson, et l’alignement reste
inchangé. Sans aucune modification supplémentaire, on passe d’un PMO de 87Sr
à un PMO de 88Sr.

En revanche, une modification est effectuée au niveau de la fréquence de la
sonde bleue qui sert à mesurer la fluorescence des atomes après interrogation.
Afin d’obtenir le maximum de fluorescence lors de la détection, la fréquence du
MAO contrôlant la sonde bleue (AO5) est également modifiée lors du passage du
fermion au boson, ce qui nécessite de retoucher l’alignement.

Lasers de manipulation des atomes

Dans le cas des lasers à 689 nm et 688 nm utilisés pour le drainage atomique et
le refroidissement "rouge", on a choisi les transitions hyperfines les plus proches
des résonances correspondantes pour le 88Sr, mais le décalage isotopique est dans
les deux cas de plus de 200 MHz (voir figure 4.11). Il n’est donc pas possible de
passer de l’un à l’autre en modifiant simplement la fréquence d’un MAO (typi-
quement accordable sur plus ou moins 10% de sa fréquence nominale, voire 20%
en ayant des pertes) en double passage. Pour cela on a donc ajouté un MAO sup-
plémentaire sur chacun des faisceaux utilisés.

L’asservissement du laser à 689 nm est opéré en récupérant l’ordre 0 d’un
MAO, l’ordre +1 servant à se décaler sur la fréquence du fermion (voir le schéma
du dispositif sur la figure 6.3). On a alors rajouté un MAO supplémentaire (AO4
sur la figure), qui est éteint lorsque l’horloge fonctionne avec le fermion et dont
on récupère l’ordre −1 (à −221.7 MHz) dans le cas d’un fonctionnement avec du
88Sr de manière à se recaler sur la fréquence des atomes du petit jet. En réalité,
le deuxième MAO crée un décalage d’environ 1.5 MHz entre la fréquence servant
à asservir les atomes et celle utilisée pour manipuler les atomes, de manière à
optimiser la phase de capture dans le piège dipolaire. Enfin, la partie du laser à
689 nm qui sert au refroidissement dans le plan transverse est également modifiée.
En ajoutant AO7 (voir le schéma 4.17) sur le trajet du faisceau sur la table optique
secondaire, on peut, en récupérant l’ordre −1, atteindre la fréquence de l’isotope
bosonique.

Dans le cas du laser à 688 nm, la méthode est relativement similaire, mais la
correction a lieu avant l’asservissement sur les atomes. Ainsi, dans le cas d’une
horloge au 87Sr, la fréquence du laser est asservie sur la résonance atomique du
88Sr, et l’ordre +1 d’un MAO (AO5 sur la figure) permet d’atteindre la résonance
du fermion. Dans le cas d’une horloge au 88Sr, on utilise AO6 en double passage
qui décale la fréquence du laser d’exactement l’opposé de la fréquence appliquée
à AO5. Ainsi, la fréquence du laser est asservie à −265.5 MHz de la résonance
atomique, puis est recalée sur cette résonance après passage dans AO5.
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FIG. 6.3 – Schéma du dispositif de drainage atomique. Seuls les trajets en pointillés
(AO4 et AO6) ont été inversés par rapport au fonctionnement avec le fermion présenté
dans le chapitre 4.



212 CHAPITRE 6

En ce qui concerne les lasers utilisés pour le repompage à 679 nm et 707 nm,
aucune modification n’est nécessaire. En effet, les fréquences de ces deux lasers
sont modulées sur ±4 GHz dans le cas de l’horloge fermionique pour pouvoir
couvrir l’ensemble des résonances hyperfines qui entrent en jeu. Les résonances
correspondantes dans le cas du boson sont situées à peu près au centre des dif-
férentes résonances hyperfines, comme le montre le schéma des décalages isoto-
piques 4.13, et sont donc systématiquement couvertes par la modulation.

Laser d’horloge

La modification de la fréquence du laser d’horloge se fait à nouveau en uti-
lisant un MAO en double passage, comme dans le cas de la sonde à 461 nm. Le
décalage isotopique de la transition d’horloge, qui a été mesuré [33] et qui est
présenté par la suite, est d’environ 62 MHz. En changeant la fréquence de AO1
(sur la figure 4.19) de 196 MHz à 227 MHz, on peut donc rattraper la fréquence.
Cette partie du montage étant un peu plus sensible, notamment en raison de la
faible puissance disponible dans le laser maître et du décalage de fréquence, il est
dans ce cas nécessaire de réaligner les faisceaux, notamment pour l’injection dans
la fibre conduisant à la table optique principale et pour l’injection des différents
lasers esclaves.

Lors de l’interrogation, le champ magnétique statique appliqué est produit de
la même manière que pour l’horloge à 87Sr en utilisant des atomes polarisés : on
utilise la paire de bobines transverse associée à la direction de pompage optique.
Le champ magnétique utilisé pour le 88Sr est en revanche nettement supérieur :
alors qu’un champ de l’ordre du G était suffisant pour résoudre les différentes raies
Zeeman du 87Sr, on utilise dans le cas du boson un champ magnétique de l’ordre
de 17 G pour obtenir une fréquence de Rabi de l’ordre de la largeur de raie du
laser (avec une puissance du laser d’interrogation maximale), ce qui correspond à
un courant de 6 A dans les bobines. Étant donnée la durée de l’interrogation, le re-
froidissement appliqué à ces bobines est suffisant pour dissiper la chaleur. D’autre
part, pour maximiser la fréquence de Rabi, il faut que le champ magnétique et le
champ électrique du laser d’interrogation soient parallèles, ce qui est équivalent
au cas où l’on utilise un faisceau de polarisation π dans le cas du fermion, et ne
pose donc aucun problème.

6.2.2 Caractérisation de l’horloge

Résonance et mesure de fréquence

Afin de déterminer la position initiale de la résonance du boson par rapport
à celle du fermion, connue initialement à quelques MHz près, on a tout d’abord
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procédé à un élargissement de la transition. Pour cela, on a utilisé la puissance
maximale disponible à 698 nm, soit environ 6 mW (correspondant environ à une
intensité de 7 W/cm2) ainsi qu’un temps d’interaction de 400 ms, bien au-delà du
temps de cohérence du laser ultra-stable. Enfin, on balaye de manière adiabatique
la fréquence appliquée sur le MAO contrôlant la fréquence du laser afin de détec-
ter plus facilement la résonance. La résonance a ensuite été affinée en diminuant
la puissance du laser et le temps d’interrogation. La figure 6.4 présente une réso-
nance obtenue avec un champ magnétique d’environ 17 G, une puissance laser de
5 mW et une durée d’interrogation de 20 ms.
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FIG. 6.4 – Résonance observée en utilisant un champ magnétique B0 = 16.8 G, un inten-
sité laser I0 ' 6 W/cm2 et une durée d’interrogation t = 20 ms.

Le principe de la mesure de fréquence reste le même. Dans le cas du 88Sr, il
n’y a pas de résonances symétriques à interroger, donc une mesure peut donner
quatre fréquences prises pour quatre profondeurs de piège différentes. Le but de
cette première évaluation a été d’effectuer une mesure absolue de la fréquence,
à l’aide du peigne de fréquence femtoseconde du SYRTE, ainsi que l’évaluation
des principaux effets systématiques induits par l’interrogation : le déplacement
Zeeman du second ordre et le déplacement lumineux dû à la sonde. C’est essen-
tiellement la largeur de raie du laser d’interrogation qui conditionne la valeur de
ces déplacements. Dans notre cas, des intégrations de 20 mn sont suffisantes pour
évaluer les effets systématiques, l’incertitude statistique au bout de cette durée
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étant plus faible que l’incertitude sur les effets.

Déplacements de fréquence issus de la méthode d’interrogation
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FIG. 6.5 – Fréquence d’horloge en fonction du champ magnétique appliqué pour le mé-
lange des niveaux 3P0 et 3P1, après correction du déplacement lumineux. ¥ : I/I0 = 1 ;
N : I/I0 = 0.83 ; F : I/I0 = 0.4. La droite rouge représente la dépendance théorique de la
fréquence en fonction du champ magnétique.

Pour un laser d’horloge ayant une largeur de raie de 10 Hz au mieux, l’interro-
gation doit se faire en utilisant des champs suffisamment importants. La situation
de référence pour l’évaluation des différents effets correspond à un champ magné-
tique B0 = 16.8 G et une intensité laser I0 ' 6 W/cm2 qui est difficile à mesurer
précisément. En effet, on cherche à connaître l’intensité réellement vue par les
atomes, qui dépend à la fois du bon alignement du faisceau sur le piège et de
la qualité du mode laser, et ces deux paramètres sont difficilement accessibles.
Le champ magnétique et l’intensité ont alors été variés de manière à mettre en
évidence les déplacements et à les évaluer.

L’évaluation du déplacement Zeeman a pu être faite de manière précise. Même
si dans le cas du boson on n’utilise pas de méthode permettant de mesurer le
champ magnétique en temps réel comme avec des fermions polarisés, la mesure
de l’horloge en "configuration fermion" qui a précédé l’évaluation de l’horloge
en "configuration boson" a permis d’effectuer une bonne calibration du champ
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magnétique en fonction de l’intensité dans les bobines. On estime que cette ca-
libration est suffisante pour avoir une connaissance du champ magnétique à 1%
près, l’intensité du courant dans les bobines étant ici 17 fois supérieure. La fi-
gure 6.5 présente les mesures de la fréquence absolue de la transition en fonc-
tion du carré du champ magnétique utilisé, pour différentes intensités laser. La
dépendance théorique de cet effet étant bien connue et confirmée expérimentale-
ment dans le cas du fermion [32], on a ajouté sur la figure une droite représentant
le comportement attendu après ajustement de la valeur à l’origine. On peut voir
que les mesures effectuées sont en bon accord avec ce comportement, ce qui per-
met d’évaluer le déplacement Zeeman en présence d’un champ de couplage B0 :
∆Z =−65.8(1.3) Hz.
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FIG. 6.6 – Fréquence d’horloge en fonction de l’intensité lumineuse relative, après cor-
rection du déplacement Zeeman. ¥ : B = 16.8 G ; N : B = 14 G ; F : B = 11.2 G. On
estime que I0 ' 6 W/cm2. La droite rouge représente un ajustement des points par une
droite.

La détermination a priori du déplacement lumineux ne peut pas être réalisée
de manière précise, tout d’abord parce qu’il est difficile d’estimer l’intensité effec-
tivement vue par les atomes dans le piège, et d’autre part parce que les calculs de
polarisabilité permettant de donner une estimation théorique de cet effet ne sont
pas suffisamment précis. Il n’est donc pas possible d’effectuer une calibration de
l’intensité en fonction du déplacement et vice versa. On peut en revanche mesu-
rer la puissance du faisceau laser en amont des atomes, et donc avoir une mesure
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relative de l’intensité vue par les atomes. C’est donc ce paramètre qui a été uti-
lisé pour l’évaluation du déplacement. L’intensité de référence I0 a été évaluée à
6 W/cm2 environ, une valeur qui n’a d’utilité que dans l’évaluation du déplace-
ment lumineux dû au laser d’interrogation qui a été faite dans le cas de l’horloge
au fermion au chapitre 5. On a attribué une incertitude conservative de l’ordre de
15% sur l’intensité laser qui tient compte du fait qu’on ne contrôle pas la puis-
sance ni le profil du faisceau au niveau des atomes. La mesure de la fréquence
d’horloge en fonction de l’intensité relative est tracée sur la figure 6.6, pour diffé-
rentes valeurs du champ magnétique de couplage. Pour une intensité laser I0, sa
valeur est ∆L =−78(11) Hz.
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FIG. 6.7 – Oscillations de Rabi observées dans la configuration {B0 = 16.8 G, I0 '
6 W/cm2}. Pour ajuster les points expérimentaux, on a utilisé une loi sinusoïdale atté-
nuée par une décroissance exponentielle. La fréquence de la sinusoïde est de 16(1) Hz,
tandis que la constante de temps de la partie exponentielle, qui correspond au temps de
cohérence du laser d’horloge, est de l’ordre de 100 ms.

De la mesure de ces deux déplacements de fréquence, on peut en principe
remonter à la fréquence de Rabi grâce à la formule ΩR/2π = η

√
|∆L∆Z| dans

le cas où les champs électrique et magnétique sont alignés. En utilisant les cal-
culs théoriques donnés dans la référence [101] qui prédisent η = 0.3, on trouve
une fréquence de Rabi théorique ΩR/2π = 21.5(1.6) Hz. D’autre part, une me-
sure expérimentale de la fréquence de Rabi a été faite dans les conditions expé-
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rimentales {B0, I0}. Elle est tracée en figure 6.7 et donne une fréquence de Rabi
ΩR/2π = 16(1) Hz. La différence entre les deux valeurs est compatible avec l’in-
certitude théorique sur les différents termes servant à calculer le déplacement lu-
mineux. En revanche, à l’aide de mesures précise de ΩR, de ∆Z et de ∆L, on peut
remonter au facteur η et améliorer notre connaissance de la polarisabilité dyna-
mique des niveaux d’horloge. Une telle information peut par exemple servir à
améliorer l’évaluation du déplacement dû au rayonnement thermique qui pour le
moment n’est fondé que sur des calculs théoriques.

Autres sources d’incertitude

Le principal effet systématique à prendre en compte en plus des deux effets
présentés précédemment est le déplacement collisionnel, qui est potentiellement
plus important que dans le cas de fermions. Ce déplacement vient du fait que nous
n’utilisons pour le moment qu’un piège dipolaire vertical où plusieurs atomes sont
piégés dans un même puits. On piège également plus d’atomes en utilisant le 88Sr,
et les collisions peuvent avoir lieu entre atomes ayant le même état interne. La
densité moyenne d’atomes dans le piège lors de notre évaluation de la fréquence
d’horloge du 88Sr est estimée à n0 = 2.5× 1011 atomes/cm3, soit une valeur 2.5
fois plus importante que lors de nos mesures de la fréquence du 87Sr. La mesure
du déplacement collisionnel a été effectué en moyennant nos différentes mesures,
préalablement corrigées des déplacements Zeeman et lumineux, en fonction du
nombre d’atomes contribuant au signal de fluorescence. De cette manière, la den-
sité a pu être variée entre 0.8× n0 et 1.2× n0 environ. Les points sont tracés sur
le graphe de la figure 6.8. En ajustant les données avec une loi linéaire, on peut,
après extrapolation à densité nulle, avoir une évaluation du déplacement collision-
nel. Ce déplacement vaut, pour une densité dans le piège n0, ∆C =−10.4(30) Hz
et reste donc compatible avec un déplacement nul. La grande barre d’erreur vient
du fait que les barres d’erreur individuelles sont grandes, et que les densités ne
varient que sur un petit intervalle autour de n0. On s’attend à ce que le passage
à une transition optique permette de gagner sur cet effet comme sur les autres
effets systématiques. La valeur trouvée ici correspond à une valeur relative de
1(3)× 10−25 cm3. Dans les fontaines atomiques, le déplacement collisionnel est
de 10−21 cm3 pour le Cs [148] et 10−23 cm3 pour le Rb [149, 150] pour des fré-
quences de transition d’environ 4 ordres de grandeurs plus petites et des densités
environ 104 à 105 fois plus faibles : on a donc un déplacement collisionnel au
moins au niveau de celui du Cs, et même probablement encore plus faible.

Un effet à prendre également en compte, comme ça a été fait pour le 87Sr,
est le déplacement lumineux dû au piège. Malgré des interrogations à différentes
profondeurs de piège, il n’a pas pu être mis en évidence de déplacement de fré-
quence visible lorsque le laser de piégeage est à la longueur d’onde magique
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FIG. 6.8 – Fréquence d’horloge en fonction de la densité atomique relative, après correc-
tion des déplacements Zeeman et lumineux évalués auparavant. La densité de référence
est n0 = 2.5×1011 atomes/cm3, et la droite représente un ajustement linéaire de ce dépla-
cement.

λm = 813.428 nm. Cette observation provient notamment du fait que les barres
d’erreurs individuelles englobent largement ce déplacement qui doit atteindre au
maximum quelques Hz. En effet, on a utilisé la longueur d’onde magique du fer-
mion pour nos mesures, située au plus à 10−3 nm de celle du boson. D’après les
résultats présentés dans le chapitre précédent, le déplacement lumineux associé à
cette erreur sur la longueur d’onde magique est de 10−2 Hz/Er, soit environ 5 Hz
pour une profondeur typique de 500 Er. Enfin, l’incertitude statistique de l’en-
semble des mesures s’élève à 2.6 Hz, une valeur négligeable en comparaison des
incertitudes actuelles sur les différents effets, notamment le déplacement colli-
sionnel et le contrôle de l’intensité du laser d’interrogation. Le récapitulatif des
différents effets est présenté dans le tableau 6.1. La fréquence absolue de la tran-
sition d’horloge mesurée pour l’isotope 88Sr est

ν(88Sr) = 429228066418009(32)Hz (6.14)

L’incertitude relative de la mesure est 7×10−14, ce qui en fait la mesure absolue
la plus précise réalisée pour une horloge à atomes piégés bosoniques. On peut
également tirer de cette valeur et de celle mesurée pour le fermion (5.40) une
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Effet Correction Incertitude Incertitude relative
(Hz) (Hz) (×10−14)

Déplacement Zeeman 65.8 1.3 0.3
du second ordre
Déplacement lumineux 78.1 11.2 2.6
dû au laser d’horloge
Déplacement collisionnel 10.4 30 7
Déplacement dû au 2.4 0.05 0.01
rayonnement thermique
Incertitude statistique - 2.6 0.6

Total 152.7 32 7.4

TAB. 6.1 – Bilan d’exactitude de l’horloge au 88Sr dans les conditions {I0 ' 6 W/cm2,
B0 = 16.8 G, n0 = 2.5×1011 atomes/cm3}.

mesure du décalage isotopique pour cette transition avec une incertitude relative
de 5×10−7 :

ν(88Sr)−ν(87Sr) = 62188135(32)Hz (6.15)

6.2.3 Limites du dispositif
Les mesures réalisées sur la transition 1S0→ 3P0 du 88Sr ont eu pour but de tes-

ter la faisabilité du dispositif mais également d’évaluer les performances ultimes
qu’on peut atteindre avec un tel dispositif. L’exactitude atteinte ici montre d’ores
et déjà qu’il est possible d’effectuer une mesure de haute précision en induisant
la transition d’horloge par le biais d’un champ magnétique statique. La transition
d’horloge a également été observée avec des atomes de 174Yb [103], mais aucune
évaluation de l’horloge dans cette configuration n’a été effectuée. Partant de notre
configuration, on peut voir les performances possibles en améliorant le contrôle
des deux effets systématiques propres au schéma utiliser, à supposer que les autres
effets ne soient pas limitants.

L’intensité lumineuse est actuellement estimée à 15% près pour prendre en
compte tout ce qui n’a pas été évalué avec précision, en particulier l’alignement
du faisceau sur les atomes et le mode transverse du faisceau qui peut être modifié
après le passage dans les différents MAO. Ces effets existent également dans le cas
du fermion, mais avec des ordres de grandeur bien plus faibles. Il est cependant
réaliste d’estimer un contrôle de cette intensité au niveau de 1% possible. Dans
ce cas, l’incertitude sur le déplacement lumineux ne représenterait plus qu’une in-
certitude de 0.78 Hz sur la fréquence d’horloge, soit 2×10−15 en valeur relative.
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Concernant le champ magnétique, une estimation au niveau de quelques dizaines
de mG est aussi possible sans améliorations majeures du dispositif. Cela permet-
trait de ramener l’incertitude sur l’effet Zeeman du second ordre au niveau d’une
centaine de mHz environ, soit 2.5× 10−16. On peut donc imaginer d’atteindre
une exactitude au niveau de quelques 10−15 en gardant les mêmes valeurs pour le
champ magnétique et l’intensité lumineuse. Néanmoins, étant donnée la largeur
actuelle de notre laser d’horloge, il n’est pas possible de diminuer ces valeurs afin
de réduire les déplacement associés. Au mieux, on peut modifier les deux valeurs
de manière à équilibrer les incertitudes tout en gardant une fréquence de Rabi de
l’ordre de 20 Hz, mais l’exactitude atteinte resterait toujours au niveau de 10−15 au
mieux, soit un contrôle des effets systématiques moins bon que celui de l’horloge
au fermion.

Si on souhaite obtenir une horloge optique compétitive en terme d’exacti-
tude, c’est à dire au niveau de 10−17, il faut alors diminuer les couplages et
donc diminuer la fréquence de Rabi de l’interrogation. En prenant par exemple les
meilleures largeurs de raies affichées actuellement pour des lasers stabilisés [82],
on peut imaginer une interrogation avec un fréquence de Rabi de 0.3 Hz. D’après
l’expression 6.11, une telle fréquence nécessite de réduire le produit des deux dé-
placements intervenant dans l’expression d’un facteur 104. Une manière de le faire
est de réduire le déplacement lumineux d’un facteur 1000 et le déplacement Zee-
man d’un facteur 10 ; on obtient alors des champs ayant le même ordre de grandeur
que dans l’horloge à 87Sr, à savoir un champ magnétique B = 5 G et une intensité
lumineuse I = 6 mW/cm2. Malgré cela, il faut encore améliorer le contrôle du
champ magnétique au moins au niveau de 5 mG pour atteindre une incertitude de
10 mHz, soit 2.5×10−17 en valeur relative. Un niveau de contrôle équivalent a été
démontré pour le fermion (au niveau du mG pour un champ de 1 G), mais il fau-
drait s’assurer qu’un contrôle équivalent est possible pour un champ magnétique
plus important. D’autre part, le champ magnétique n’étant pas mesuré en continu
dans le cas du boson, on ne sait pas quels sont les effets à long terme qui peuvent
dégrader ce niveau de contrôle.

6.3 Comparaison des deux types d’horloges
Le choix du 87Sr pour réaliser une horloge atomique est motivé par deux prin-

cipales raisons : d’une part l’existence d’un transition entre les deux niveaux de
plus faible énergie qui est suffisamment étroite pour que le facteur de qualité ne
soit pas une limite à la stabilité de fréquence, ouvrant la voie à des performances
dans la gamme des 10−16τ−1/2 ; d’autre part l’existence pour cette transition d’une
longueur d’onde magique pour le réseau optique qui permet, de par le caractère
essentiellement scalaire de la polarisabilité des deux niveaux d’horloge, d’élimi-



6.3. COMPARAISON DES DEUX TYPES D’HORLOGES 221

ner l’effet du mouvement des atomes sans rajouter de déplacement de fréquence
supplémentaire. Avec une incertitude ultime au niveau de 10−17, qu’il est possible
d’atteindre au bout d’un temps d’intégration de 100 s, on arrive donc à dépasser
les inconvénients des horloges à ion piégé qui sont plus limitées en termes de
stabilité.

L’utilisation d’un isotope bosonique (ici le 88Sr) dans une horloge à réseau
optique présente des différences essentiellement sur trois niveaux. D’une part, cet
isotope possède un moment nucléaire nul et donc une structure atomique "sim-
plifiée", sans niveaux hyperfins. C’est la raison pour laquelle la transition d’hor-
loge, initialement interdite pour un couplage à un photon, ne peut être mesurée
qu’à l’aide d’un couplage supplémentaire. C’est aussi en raison de cette struc-
ture que le déplacement lumineux tensoriel dû au piège est simplifié et n’apparaît
plus qu’en présence d’un champ magnétique [151], et que la transition n’est pas
sensible à l’effet Zeeman du premier ordre. D’autre part, cet isotope est naturelle-
ment plus abondant et augmente le nombre d’atomes piégeables. En considérant
le rapport des abondances isotopiques, on peut gagner un ordre de grandeur sur le
nombre d’atomes piégés, et donc un facteur 3.5 sur la limite quantique à la stabi-
lité. Enfin, le dernier point est le caractère bosonique des atomes qui implique un
comportement différent des atomes aux densités utilisées, et donc un déplacement
collisionnel potentiellement plus important.

La structure complexe du 87Sr a plusieurs conséquences sur l’horloge. D’un
point de vue expérimental, on a réussi à effectuer les manipulations désirées mal-
gré les problèmes qui ont été soulevés, notamment le fait qu’il existe un dépla-
cement lumineux du niveau 3P1 en présence du piège qui dépend du sous-niveau
Zeeman. Le fait d’avoir piégé 95% des atomes dans le niveau fondamental du
piège, ainsi que d’avoir réussi à pomper 80% des atomes dans un sous-niveau
Zeeman extrême en est la preuve. En ce qui concerne le déplacement lumineux, la
structure fait apparaître un terme tensoriel, mais sa contribution d’environ 0.1 Hz
pour une profondeur U0 = 10 Er peut être compensée dans le cas où on ne sonde
les atomes que d’un seul sous-niveau Zeeman. Aucun effet inattendu n’a d’ailleurs
été observé lors de notre dernière campagne jusqu’à un niveau de 2.5×10−16. En-
fin la sensibilité magnétique issue du couplage hyperfin est également un avantage
de l’isotope fermionique puisqu’elle permet de travailler sous champ faible et de
mesurer précisément ce champ magnétique. L’effet résiduel du second ordre est
alors faible et bien contrôlé.

L’absence de couplage hyperfin dans le cas du 88Sr oblige à ajouter un champ
supplémentaire pour pouvoir observer la transition d’horloge et donc une source
d’incertitude supplémentaire. Dans la configuration que nous avons choisie, qui
est très facile à mettre en place, on utilise un champ magnétique. Néanmoins,
pour rendre la transition accessible, c’est à dire en ayant une fréquence de Rabi
au moins de l’ordre de la largeur de notre laser d’interrogation, il faut utiliser des
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champs plus intenses que dans le cas du fermion, et donc induire un déplacement
de fréquence plus important. Ainsi, à puissance du laser d’interrogation égale, il
est nécessaire d’utiliser un champ magnétique plus important pour accéder à une
pulsation de Rabi plus faible. Malgré l’absence d’effet Zeeman du premier ordre,
l’effet du second ordre est rapidement plus important que pour le fermion, d’autant
plus que la même méthode n’est pas applicable pour avoir accès à une mesure en
temps réel. Enfin, même si aucun effet dû aux collisions ne soit clairement identifié
dans notre évaluation présentée ici, une évaluation à un meilleur niveau pourrait
justifier le passage à un régime de piégeage avec un atome unique par puits pour
s’affranchir de cet effet. Il semble donc que dans cette configuration, le contrôle
des effets systématiques soit un peu plus délicat, même si l’exactitude qu’on peut
atteindre est au même niveau. En effet, pour chacun des isotopes, c’est surtout le
déplacement lumineux dû au rayonnement thermique qui risque de constituer une
limite, et ce déplacement est sensiblement le même dans les deux cas.

Finalement, les différences entre les deux horloges en terme de performances
ne sont pas fondamentales. Même si l’horloge à 88Sr laisse envisager une meilleure
stabilité, et l’horloge à 87Sr un meilleur contrôle des effets systématiques, les per-
formances ultimes sont assez similaires. En revanche, l’utilisation des deux iso-
topes permet d’accéder à des informations supplémentaires. La mesure précise du
déplacement isotopique de la transition d’horloge en fait partie, ainsi que divers
renseignements propres à la structure particulière des deux isotopes. Ainsi, les
mesures de la longueur d’onde magique et du déplacement lumineux dû au laser
d’interrogation dans une horloge à 88Sr permettent de remonter à des mesures ex-
périmentales des différentes forces d’oscillateurs qui entrent en jeu dans le calcul
des déplacement lumineux. Cela pourrait par exemple nous permettre d’affiner la
connaissance du déplacement lumineux dû au rayonnement thermique, dont l’in-
certitude théorique risque à terme d’être aussi handicapante que les problèmes
de contrôle de la température. D’autre part, la mesure du déplacement lumineux
du laser d’interrogation dans le cas du boson nous a permis de calibrer ce même
déplacement dans le cas du fermion. En contrepartie, les mesures de champ ma-
gnétique avec l’horloge à fermion ont permis à la fois de calibrer le champ ma-
gnétique et d’évaluer sa stabilité au cours du temps, ce qui permet une meilleure
évaluation de l’effet Zeeman du second ordre dans l’horloge à 88Sr.
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Conclusion

Ce manuscrit avait pour objet de présenter les dernières réalisations du LNE-
SYRTE sur l’horloge à réseau optique utilisant des atomes de 87Sr (ou 88Sr). Le
projet, qui a démarré en 2000 pour des atomes non piégés, a ensuite évolué de
manière à tirer parti de la proposition de H. Katori [29] visant à utiliser un réseau
optique pour ces atomes. Dès lors, les développements ont été très rapides, comme
dans les autres équipes travaillant sur les horloges à réseau optique : la première
mesure de la fréquence d’horloge, qui date de 2003, affichait une exactitude de
5× 10−11 [91], alors que notre mesure la plus récente, effectuée en novembre
2006, atteint déjà une exactitude de 2.6×10−15, une valeur au même niveau que
la dernière mesure faite au JILA [50] et en accord avec cette dernière à 10−15 près.
Les horloges à réseau optique ont d’ores et déjà rattrapé les performances des
horloges à atomes neutres non piégés en terme d’exactitude, et les perspectives
d’amélioration jusqu’au niveau de 10−17 en font des concurrentes des horloges à
ion. D’autre part, avec une stabilité possible de 10−16τ−1/2, on se donne accès à
des résolutions de mesure au niveau de 10−18 en des temps raisonnables (environ 3
heures), alors qu’une résolution équivalente nécessite plus d’une dizaine de jours
d’intégration pour les meilleurs horloges à ion.

Les résultats expérimentaux ont été nombreux tout au long de cette thèse. Tout
d’abord, le travail réalisé sur le laser d’interrogation a permis d’obtenir une largeur
de raie d’environ 10 Hz. Grâce à une stabilisation sur une résonance d’une cavité
de haute finesse et à un système d’isolation des perturbations extérieures, les fluc-
tuations de fréquence atteignent un palier de bruit blanc au niveau de 10−1 Hz2/Hz
à partir de 100 Hz. La largeur de raie est limitée par la remontée du bruit aux fré-
quences inférieures à 100 Hz, ce qui est l’objet de l’amélioration du dispositif à
l’aide d’un nouveau montage moins sensible aux vibrations. Un palier de bruit
blanc de fréquence au niveau de 10−2 Hz2/Hz et une largeur de moins de 1 Hz
seraient compatibles avec une stabilité de 10−16τ−1/2, sous réserve de pouvoir
réduire de façon notable l’effet Dick.

Ensuite, on a montré qu’on était capable de contrôler les différents effets sys-
tématiques à des niveaux dorénavant compétitifs avec les fontaines atomiques.
En piégeant 95% des atomes dans le niveau fondamental du piège, on respecte
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déjà dans la condition requise dans le chapitre 2 pour supprimer l’effet Doppler
au niveau de 10−18 avec un piège d’une profondeur de 10 Er. L’ajout du pompage
optique et de l’interrogation en présence d’un champ magnétique, bien qu’amé-
liorable puisqu’on ne pompe pour le moment que 80% des atomes dans les sous-
niveaux Zeeman extrêmes, nous a permis d’obtenir une incertitude sur les effets
du champ magnétique au niveau de 2× 10−16. L’effet du piège, qui jusqu’à ré-
cemment représentait la principale inconnue de ce nouveau type d’horloge, est
contrôlé au même niveau et laisse déjà prévoir une incertitude inférieure à 10−17

lors d’une future utilisation à la profondeur U0 = 10 Er. Enfin, les collisions entre
atomes froids fermioniques n’ont pour le moment pas été mises en évidence et ne
semblent pas devoir limiter l’exactitude de l’horloge jusqu’au niveau de 10−16 au
moins.

Enfin, l’évaluation indépendante de l’isotope 88Sr, la première pour un isotope
bosonique dans une horloge à réseau optique, devrait permettre d’améliorer notre
connaissance de différents effets. En particulier, chacune des deux horloges pos-
sède des avantages qu’il peut être intéressant d’exploiter. La structure plus simple
du boson peut s’avérer utile pour déterminer de manière plus précise les diffé-
rentes forces d’oscillateurs, ce qui est nécessaire si on veut améliorer par exemple
la connaissance du déplacement lié au rayonnement thermique. En effet, même
si cet effet est faible au niveau d’exactitude actuel, on devrait rapidement avoir à
en tenir compte dans les futures évaluations. La structure hyperfine du fermion,
quant à elle, est un outil extrêmement précis pour la mesure du champ magnétique
au niveau des atomes, et c’est grâce à elle qu’on sait contrôler l’effet Zeeman au
niveau de quelques 10−16 dans l’horloge à 87Sr. En combinant les deux horloges,
on pourrait donc améliorer l’évaluation de l’effet Zeeman dans une horloge à 88Sr
utilisant un champ magnétique comme couplage supplémentaire.

Avec l’exactitude de fréquence atteinte actuellement sur l’horloge à réseau
optique au 87Sr, tant dans notre laboratoire que dans les deux autres groupes
(Université de Tokyo, JILA), il devient intéressant de l’utiliser pour différents
tests de physique fondamentale. Un des tests qui attire le plus l’attention est ce-
lui de l’éventuelle dérive des constantes fondamentales. Il existe plusieurs ma-
nières, à partir de mesures par des horloges atomiques, d’effectuer ces tests, dont
l’une est de relier la variation de la fréquence d’une horloge avec le temps aux
grandeurs caractérisant les trois interactions fondamentales [152] : l’interaction
électromagnétique, l’interaction faible et l’interaction forte. Néanmoins, afin de
contraindre de manière indépendante les trois termes, il est indispensable d’effec-
tuer des comparaisons avec différentes espèces ayant des sensibilités différentes.
Des comparaisons entre les différentes horloges du SYRTE (Cs, Rb, Sr et bientôt
Hg) pourraient donc servir à étudier cette possibilité. D’autre part, la comparaison
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entre horloges optiques va devenir indispensable pour évaluer les horloges dès
lors que leurs performances auront dépassé celles des fontaines. Le fait d’avoir
trois groupes travaillant sur le 87Sr a également permis une comparaison à plus
grande échelle [153]. On dispose actuellement de mesures de la fréquence d’hor-
loge du 87Sr par rapport au 133Cs prises sur une période d’environ deux ans et qui
couvre toutes les époques de l’année. En plus des tests de variations des constantes
fondamentales, c’est aussi un moyen d’observer les effets du déplacement gravi-
tationnel, dont la valeur varie fortement entre le périhélie et l’aphélie, ainsi que de
faire des tests sur l’invariance de Lorentz (de type invariance locale de position).

Ces mesures de potentiel gravitationnel sont également l’objet de plusieurs
projets spatiaux, dont le projet PHARAO/ACES [24] qui devrait permettre de
comparer une horloge embarquée et une horloge au sol pour effectuer ce genre
de mesure. L’horloge embarquée, une horloge micro-onde au Cs, devrait en plus
profiter de la micro-gravité pour augmenter le temps séparant les deux impulsions
de l’interrogation Ramsey. Un projet de sonde gravitationnelle à grande distance,
SAGAS, est également envisagé [154]. Constitué d’un accéléromètre et d’une hor-
loge optique, cette sonde devrait être envoyée dans l’espace lointain (au-delà de
Jupiter), pour obtenir des informations sur l’origine de l’anomalie Pioneer, qui
s’est manifestée par une accélération anormale lors du passage des sondes au-delà
de Jupiter. De plus, ce projet pourrait permettre d’effectuer des mesures de po-
tentiel gravitationnel, ainsi que des tests sur l’éventuelle variation des constantes
fondamentales ou l’existence d’ondes gravitationnelles.

Enfin une application des horloges à réseau optique a également été propo-
sée récemment [155] afin de tester les interactions entre des atomes et une surface
dans une gamme de distance 0.6-10 µm. Dans ce cas, on n’utilise pas les mesures
des horloges mais le principe particulier des horloges à réseau optique, et la pos-
sibilité de faire varier la distance entre atomes et surface par effet tunnel induit
par laser. Pour de telles distances, les interactions dominantes sont données par
l’électrodynamique quantique (de type Casimir-Polder et van der Waals), et on
peut réaliser des mesures interférométriques en jouant sur des atomes situés dans
des puits adjacents, séparés d’une distance λ/2. Après avoir pris en compte les
déplacements de fréquence associés aux interactions attendues, on peut tester une
éventuelle déviation à courte distance par rapport à la loi de Newton qui mettrait
en évidence l’existence d’un potentiel d’interaction supplémentaire de type Yu-
kawa. Ce type de mesure, utilisant le savoir-faire et la précision des expériences
de métrologie, devrait permettre d’améliorer d’au moins deux ordres de grandeurs
la connaissance de ces interactions à courte distance.
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Résumé
Ce mémoire présente les dernières avancées de l’horloge à réseau optique

à atomes de Strontium du LNE-SYRTE. Après avoir passé en revue les diffé-
rents types d’horloges optiques actuellement développées, l’accent est mis sur le
concept d’horloge à réseau optique qui a d’abord été formulé dans le cadre d’une
horloge à 87Sr utilisant la transition 1S0→ 3P0. Les particularités de cet atome sont
présentées, notamment la notion de longueur d’onde magique de piégeage, ainsi
que les performances qui sont envisageables pour une telle horloge. La deuxième
partie présente les aspects expérimentaux, en insistant plus particulièrement sur le
développement du laser ultra-stable qui est utilisé pour l’interrogation des atomes
et qui représente un point central. Parmi les dernières améliorations, une phase
de pompage optique et d’interrogation en présence d’un champ magnétique a
été ajoutée au dispositif de manière à mieux déterminer l’effet Zeeman. Enfin,
la dernière partie présente les résultats expérimentaux. La dernière évaluation de
l’horloge à 87Sr a permis d’atteindre une exactitude de 2.6×10−15 et une mesure
en accord au niveau de 10−15 avec une évaluation indépendante faite au JILA.
D’autre part, suite à de récentes propositions théoriques, une mesure a également
été effectuée en utilisant l’isotope bosonique 88Sr et en adaptant le dispositif ex-
périmental, permettant d’obtenir la première évaluation pour ce type d’horloge,
avec une exactitude de 7×10−14.

Mots clefs : étalon de fréquence optique, atomes froids, mesure absolue de fré-
quence optique, laser ultra-stable, effet Dick, réseau optique.

Abstract
This thesis presents the latest achievements regarding the optical lattice clock

with Strontium atoms developed at LNE-SYRTE. After a review of the different
types of optical clocks that are currently under development, we stress on the
concept of optical lattice clock which was first imagined for 87Sr using the 1S0 →
3P0 transition. We exhibit the features of this atom, in particular the concept of
magic wavelength for the trap, and the achievable performances for this kind of
clock. The second part presents the experimental aspects, insisting particularly on
the ultra-stable laser used for the interrogation of the atoms which is a central part
of the experiment. Among the latest improvements, an optical pumping phase and
an interrogation phase using a magnetic field have been added in order to refine
the evaluation of the Zeeman effect. Finally, the last part presents the experimental
results. The last evaluation of the clock using 87Sr atoms allowed us to reach a
frequency accuracy of 2.6×10−15 and a measurement in agreement with the one
made at JILA at the 10−15 level. On another hand, thanks to recent theoretical
proposals, we made a measurement using the bosonic isotope 88Sr by adapting
the experimental setup. This measurement represents the first evaluation for this
type of clock, with a frequency accuracy of 7×10−14.

Key words : optical frequency standard, cold atoms, abolute measurement of an
optical frequency, ultra-stable laser, Dick effect, optical lattice.


