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Introduction générale

On sait depuis longtemps préparer des états quantiques collectifs de la matière [1],
par exemple en excitant un ensemble d'atomes avec un champ électromagnétique réson-
nant. Ces états sont habituellement décrits comme des états séparables, où chaque atome
peut être considéré indépendamment. La préparation de ces états peut être réalisée à
l'aide de processus transitoires cohérents, comme les techniques de résonance magnétique
nucléaire [2, 3], les échos de photons [4], ou encore la transparence auto-induite [5]. Ces
processus permettent d'enregistrer et de restituer les propriétés spectro-temporelles et
spatiales du champ. En e�et, en tant qu'objets quantiques, les atomes peuvent enregistrer
la phase du champ excitateur.

De nombreuses équipes de recherche travaillent aujourd'hui à la réalisation d'une mé-
moire quantique optique, c'est-à-dire un système atomique qui serait capable d'enregistrer
un signal lumineux, puis de restituer à la demande un signal possédant non seulement
les mêmes propriétés spectro-temporelles et spatiales, mais aussi les mêmes propriétés
statistiques quantiques que le champ incident. Pour cela, les états atomiques résultant de
l'enregistrement d'un champ non classique doivent être décrits par des états intriqués, et
non plus seulement par des états séparables. C'est le cas par exemple pour l'excitation
unique distribuée sur un ensemble d'atomes telle qu'elle est décrite par Dicke [6, 7].

Pour parvenir à enregistrer les propriétés non classiques d'un champ dans un système
matériel, il faut que la lumière soit totalement convertie en excitation atomique. Pour cela,
un couplage fort entre la lumière et la matière est nécessaire. Ce couplage peut être obtenu
par l'excitation résonnante d'une transition atomique. Cependant, l'interaction avec un
seul atome reste insu�sante pour piéger e�cacement un photon. On peut augmenter
ce couplage en plaçant par exemple l'atome dans une cavité de très grande �nesse. Des
techniques permettant de transférer l'état quantique de la lumière à un atome isolé dans
une cavité ont été développées [8]. Des expériences démontrant la possibilité d'un tel
transfert entre un photon unique et un système individuel ont été réalisées : ce système
peut être constitué d'un atome de Rydberg en cavité [9], d'un ion piégé [10], ou d'un
atome neutre en cavité [11]. Cependant, il est impossible de restituer à la demande le
champ piégé dans un atome en cavité. Pour pouvoir restituer le champ incident à la

9



Introduction générale

demande, tout en béné�ciant d'un couplage atome-champ important, on se tourne vers
des systèmes atomiques opaques, constitués d'un grand nombre d'atomes.

Pour contrôler l'interaction du signal avec un grand nombre d'atomes, il est naturel
de recourir à une autre transition optique, couplée à celle qui interagit avec le champ. Un
couplage simple est possible lorsque les deux transitions partagent un niveau commun,
en particulier si les atomes présentent un système à 3 niveaux en Λ, où un niveau supé-
rieur commun est couplé optiquement à deux sous-niveaux d'un état fondamental (voir
la �gure 1). Di�érents protocoles prometteurs reposent sur l'utilisation d'un tel système
à 3 niveaux en Λ. On peut les décrire schématiquement de la manière suivante. Le champ
incident à enregistrer excite l'une des deux transitions du Λ et crée une cohérence optique
selon cette transition. Le champ de contrôle appliqué selon l'autre transition du Λ permet
de convertir la cohérence optique en une cohérence Raman entre les sous-niveaux fonda-
mentaux. Le champ incident est alors enregistré sous la forme d'un état de superposition
entre les sous-niveaux fondamentaux. Cet état est insensible à la décohérence par émission
spontanée. L'impulsion lumineuse peut être stockée pendant un temps limité par la durée
de vie des cohérences entre les sous-niveaux de l'état fondamental. Le signal peut ensuite
être restitué à un moment choisi, en e�ectuant l'opération inverse qui convertit l'état de
superposition atomique en une cohérence optique selon la transition initialement excitée
par le champ incident.

�

�

�

champ incident
à enregistrer

champ de contrôle

Fig. 1 � Système à trois niveaux en Λ. Les deux sous-niveaux fondamentaux |a〉 et |c〉
sont couplés à un même niveau excité par des transitions optiques. Le champ à enregistrer
excite l'une des transitions du Λ. Le champ de contrôle, qui excite l'autre transition du
Λ, permet de convertir cette excitation optique en un état de superposition entre les
sous-niveaux |a〉 et |c〉.

Parmi les protocoles de mémoire quantique basés sur un système à 3 niveaux en Λ, on
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Introduction générale

peut distinguer d'une part ceux où le signal à enregistrer crée dans le système atomique
une cohérence optique qui sera ensuite convertie en cohérence Raman, et d'autre part
ceux où l'excitation est directement convertie en cohérence Raman, grâce à l'inhibition
de la cohérence optique. Ainsi, le protocole dit de CRIB, basé sur un écho de photon
assisté par la construction d'un élargissement inhomogène optique contrôlé [12, 13, 14,
15, 16, 17], et le protocole AFC, basé sur un peigne de fréquences atomique (AFC) [18],
appartiennent à la première catégorie. En revanche, le protocole basé sur la "lumière
arrêtée" (ou stopped light) [19], liée à la transparence induite électromagnétiquement (ou
EIT) [20, 21] appartient à la seconde catégorie.

Une mémoire quantique de type EIT a été réalisée dans le groupe d'Alex Kuzmich,
dans un nuage d'atomes froids de rubidium [22, 23]. Un photon unique a été stocké puis
restitué au bout de quelques microsecondes.

Les ions de terre rare en matrice cristalline apparaissent comme de bons candidats
pour réaliser des opérations démontrant des e�ets quantiques sur des ensembles atomiques
macroscopiques. Ils o�rent des propriétés similaires aux vapeurs atomiques avec l'avan-
tage de ne pas présenter de phénomène de di�usion, de la même manière qu'un nuage
d'atomes froids. La mise en ÷uvre d'expériences avec des ions de terre rare est néanmoins
plus simple car elle ne nécessite pas de montage complexe pour ralentir optiquement les
atomes. Des techniques de spectroscopie haute résolution comme le creusement de trou
spectral (spectral hole burning) ou les échos de photons ont été largement utilisées pour
étudier la structure hyper�ne des ions de terre rare [24]. Les cohérences et les populations
peuvent présenter, selon les ions et les cristaux utilisés, des durées de vie particulière-
ment longues. Contrairement à la plupart des milieux gazeux, les cristaux dopés aux ions
de terre rare présentent des transitions optiques non sélectives en polarisation. Pour que
chaque transition atomique puisse être excitée individuellement, il est indispensable que
les transitions présentent des fréquences de résonance su�samment séparées par rapport
à la largeur spectrale de la source de lumière.

Parmi les di�érents ions de terre rare disponibles, seuls le praséodyme et l'europium
ont jusqu'ici fait l'objet d'études approfondies dans le domaine de l'excitation optique
d'une cohérence de spin dans un système en Λ ou en V. On peut citer des expériences
de battements Raman cohérents [25, 26], d'échos Raman [27, 28], de STIRAP (passage
adiabatique Raman stimulé) [29], d'EIT [30, 31] et de lumière arrêtée [32, 33]. Comme
les protocoles de mémoire quantique, ces di�érents processus peuvent être classés en deux
grandes catégories : les battements Raman cohérents et les échos Raman font partie des
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processus où l'on cherche à créer une cohérence optique dans les atomes avant de la
convertir en une cohérence Raman, tandis que le STIRAP, l'EIT et la lumière arrêtée
s'appuient sur l'inhibition des cohérences optiques.

Pour réaliser des mémoires quantiques dans des cristaux dopés aux ions de terre
rare, le fait de devoir travailler à résonance implique de devoir contrôler les cohérences
atomiques avec précision. Or, pour contrôler e�ectivement ces cohérences, il faut disposer
d'un laser plus �n spectralement que la raie d'absorption d'un ion (typiquement de l'ordre
de quelques kHz à T = 2 K). Les longueurs d'onde d'absorption du praséodyme et de
l'europium sont proches de 606 nm pour le Pr et de 580 nm pour l'Eu, et ne sont accessibles
que par des lasers à colorant. Ce type de laser est di�cile à stabiliser en dessous du MHz
sur des durées de l'ordre de la milliseconde, à cause du bruit haute fréquence généré par le
jet de colorant. Il existe toutefois plusieurs sources lasers à colorant ultra-stables dans le
monde, réalisées en laboratoire spécialement pour la manipulation optique des ions Pr3+
et Eu3+ [34, 35, 36].

Depuis 25 ans, aucun autre ion de terre rare n'a été envisagé pour mettre en ÷uvre
les expériences citées plus haut. Pourtant, parmi les autres ions de terre rare, le thulium
présente à la fois une longueur d'onde d'absorption compatible avec un laser plus facile-
ment stabilisable (793 nm), et des durées de vie des cohérences appréciables [37]. Il n'a
pourtant pas suscité d'intérêt, parce que contrairement aux ions Pr ou Eu, il ne présente
pas d'emblée une structure hyper�ne sur laquelle on pourrait construire un système en
Λ. Il possède néanmoins un spin nucléaire non nul (I = 1/2). Lorsqu'un cristal dopé aux
ions thulium est plongé dans un champ magnétique, les niveaux électroniques se scindent
en deux sous-niveaux. L'e�et couplé de l'interaction hyper�ne et l'interaction Zeeman
électronique mélange les états de spin nucléaire et permet de construire le système en Λ

recherché, à condition que le champ magnétique soit convenablement orienté.
En outre, l'écart énergétique entre les sous-niveaux hyper�ns du thulium est ajustable

car proportionnel au champ magnétique appliqué. En appliquant le champ magnétique de
l'ordre de 1 tesla, on peut dépasser la bande passante des sources quantiques existantes [38,
39]. Ceci est une particularité de l'ion Tm, puisqu'à la di�érence des ions Pr et Eu, il ne
présente pas de structure hyper�ne en champ nul.

Au cours de cette thèse, nous avons cherché à caractériser le plus complètement pos-
sible le système à trois niveaux présent dans le Tm3+:YAG , dans la perspective d'y réa-
liser, à terme, des expériences de stockage quantique. Ce manuscrit présente l'ensemble
des travaux théoriques et expérimentaux qui ont été réalisés. Il est organisé de la façon
suivante.

Le chapitre 1 présente la famille des ions de terre rare insérés dans une matrice
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Introduction générale

cristalline, et en particulier le cristal de Tm3+:YAG sur lequel porte l'ensemble du travail
présenté ici.

Dans le chapitre 2, nous décrivons la construction d'un système à 3 niveaux en Λ

dans le Tm3+:YAG plongé dans un champ magnétique. Nous y présentons les expériences
de spectroscopie par hole-burning du Tm3+:YAG en champ magnétique qui nous ont
permis de déterminer l'orientation optimale du champ magnétique par rapport aux axes
cristallins. Nous décrivons également la mesure du rapport de branchement entre les
probabilités des deux transitions du Λ, le champ magnétique étant orienté dans la direction
optimale. Cette mesure a été e�ectuée à l'aide des techniques de nutation optique et d'écho
de photon.

Le chapitre 3 est consacré à la description théorique de la manipulation optique d'une
cohérence de spin, dans un système à trois niveaux. La particularité de cette étude théo-
rique est qu'elle prend en compte l'élargissement inhomogène de la transition optique qui
caractérise de manière générale les ions de terre rare en matrice cristalline. Nous présen-
tons séparément chacune des étapes dont sont constituées les expériences de battements
Raman cohérents et d'échos Raman, c'est-à-dire l'excitation des cohérences de spin par
une impulsion optique, l'inversion de leur sens d'évolution par une autre impulsion op-
tique, et la détection optique de ces cohérences de spin.

Dans le chapitre 4, nous présentons les expériences de battements Raman cohérents et
d'écho Raman dans le Tm3+:YAG qui ont été e�ectuées au cours de cette thèse. Les échos
Raman permettent de mesurer la durée de vie des cohérences de spin, en s'a�ranchissant
de l'élargissement inhomogène sur la transition de spin. Nous avons mesuré la durée de
vie des cohérences de spin dans l'état fondamental du Tm, pour des champs magnétiques
entre 0, 1 et 2 teslas. Nous décrivons aussi les mécanismes responsables de la relaxation
des cohérences de spin nucléaire dans le Tm3+:YAG .

En�n, dans le chapitre 5, nous décrivons les expériences de passage adiabatique Ra-
man stimulé (STIRAP). Comme l'écho Raman, le STIRAP met en jeu un état de su-
perposition entre les deux sous-niveaux fondamentaux. En revanche, il se manifeste non
pas par l'émission d'un champ par les atomes, mais par une modi�cation des populations
atomique dans les di�érents niveaux d'énergie du système.
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Chapitre 1

Les ions de terre rare en matrice
cristalline

Nous présenterons dans ce premier chapitre les principales caractéristiques des ions
de terre rare en matrice cristalline. Après avoir brièvement discuté de leurs propriétés
physico-chimiques, nous décrirons les di�érentes interactions conduisant aux levées de dé-
générescence de leurs niveaux d'énergie. Puis nous discuterons des diverses causes d'élar-
gissement homogène et inhomogène des raies associées aux transitions entre ces niveaux.
Nous nous intéresserons en�n au choix d'un matériau particulier pour y réaliser des opé-
rations de stockage et de manipulation cohérente d'information. Nous présenterons en
particulier les propriétés de l'ion thulium dopé dans un cristal de YAG, sur lequel a été
réalisé l'ensemble des travaux présentés dans ce manuscrit.
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

1.1 Présentation générale
Les ions de terre rare, ou lanthanides, sont les 13 éléments qui suivent le lanthane

dans la classi�cation périodique des éléments donnée dans la �gure 1.1. Ils ont été ini-
tialement découverts en très petite quantité dans des mélanges d'oxyde, ce qui leur a
valu l'appellation de terres rares. Cette appellation est en réalité injusti�ée car, en dehors
du prométhéum, ils présentent une abondance naturelle comparable à celle de nombreux
autres éléments tels l'iode, le mercure ou le cadmium [40].

Une caractéristique remarquable des ions de terre rare est que, pour la plupart des
composés, les raies associées aux transitions optiques sont exceptionnellement �nes, parti-
culièrement à basse température. Au milieu des années 1960, les meilleurs spectromètres
étaient incapables de les résoudre et il a fallu attendre le début des années 1970 et le
développement des lasers accordables en fréquence pour pouvoir mesurer les raies de ces
éléments élargies de façon inhomogène [41]. Puis l'apparition de techniques de spectro-
scopie haute résolution, comme le creusement de trou spectral (spectral hole burning) ou
les échos de photons, a permis d'éliminer l'élargissement inhomogène, pour atteindre et
mesurer des raies élargies de façon homogène de l'ordre de quelques kHz ou de quelques
centaines de Hz à basse température [42]. Ces raies �nes correspondent à des durées de
vie élevées des cohérences atomiques. C'est pourquoi on trouve les ions de terre rare dans
des domaines d'application aussi divers que le stockage d'information classique dans le
domaine temporel [43] et fréquentiel [44, 45], le contrôle de faisceau optique par �ltrage
spatio-temporel [46, 47], l'analyse spectrale en temps réel de signaux radiofréquence large
bande [48, 49], les standards secondaires de fréquence basés sur un laser asservi sur un
trou spectral [50, 51, 36], et la transparence électromagnétiquement induite [30, 32]. Ils ont
aussi fait l'objet de propositions pour des protocoles de calcul quantique [52, 53, 54, 55] et
de mémoires quantiques basées sur la lumière arrêtée [33], sur des échos de photons par in-
version d'un pro�l inhomogène arti�ciel, ou sur la construction d'un peigne de fréquences
atomique [18]. Dans de telles mémoires, l'information serait stockée dans une cohérence
optique [16, 14] ou hyper�ne [13].

1.2 Propriétés physico-chimiques
Les ions de terre rare sont caractérisés par une couche 4f partiellement remplie. Leur

structure électronique commune est de la forme :

(coeur)465s25p64fn5d16s2, avec 1 ≤ n ≤ 13 (1.1)

où n varie de 1 pour le cérium (Z = 58) à 13 pour l'ytterbium (Z = 70). Notons au
passage qu'aucun isotope du prométhéum (Pm) n'existe à l'état naturel. C'est pourquoi
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1.2 Propriétés physico-chimiques

Terres rares

Fig. 1.1 � Classi�cation périodique des éléments. La famille des terres rares correspond
aux éléments compris entre le cérium et l'ytterbium.

nous ne nous intéresserons pas à cet ion.

On trouve principalement les ions de terre rare au degré d'oxydation +III, qui est,
à de rares exceptions près, leur seul état d'oxydation stable. Les ions triplement ionisés
perdent les électrons des sous-couches 5d et 6s. Les derniers niveaux d'énergie sont donc
occupés par les électrons de la sous-couche 4f , bien qu'elle soit plus interne que les sous-
couches 5s et 5p. Les électrons des sous-couches 5s et 5p créent un écrantage pour les
électrons 4f , ce qui confère aux ions de terre rare triplement ionisés des propriétés de
�nesse spectrale remarquables.

Si l'on considère les électrons de l'ion libre sans interaction et sans couplage spin-
orbite, toutes les con�gurations à l'intérieur de la couche 4fn sont dégénérées. Nous allons
décrire dans la partie suivante les di�érentes causes de levée de dégénérescence à des degrés
d'approximations successifs du hamiltonien du système.
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

1.3 Niveaux d'énergie

1.3.1 Hamiltonien du système
Le hamiltonien d'un ion inséré dans un cristal s'écrit :

H = [HIL + HCC ] + [HHF + HQ + HZe + HZn] (1.2)

Les deux premiers termes représentent respectivement le hamiltonien de l'ion libre, dé-
crivant l'interaction spin-orbite et l'e�et du champ cristallin. Dans le calcul des niveaux
d'énergie des ions dans des cristaux, ces deux premiers termes sont souvent diagonalisés
à l'intérieur de la con�guration 4f . Les termes suivants qui décrivent les propriétés ma-
gnétiques de l'ion, sont traités en perturbation car ils ont des contributions très petites
devant les deux premiers termes. Ils représentent dans l'ordre, le couplage hyper�n entre
les électrons 4f et le noyau de l'ion, l'interaction quadrupolaire électrique, non nulle quand
le spin nucléaire de l'ion est supérieur ou égal à 1, l'interaction Zeeman électronique et
l'interaction Zeeman nucléaire.

Si l'on considère les électrons de la couche 4f d'un ion libre, soumis uniquement à
un potentiel coulombien, toutes les con�gurations possibles à l'intérieur de la couche 4f

sont dégénérées, comme le montre la �gure 1.2(a). Cette dégénérescence est partiellement
levée par les interactions électroniques, apparaissant dans le hamiltonien de l'ion libre
HIL. Elles divisent le niveau considéré en di�érentes con�gurations non-dégénérées, notées
2S+1L. L'interaction spin-orbite, également contenue dans le hamiltonien de l'ion libre
est importante dans les terres rares à cause de leur position basse dans la classi�cation
périodique des éléments. Elle lève la dégénérescence en J = L + S à l'intérieur d'une
con�guration 2S+1L. Les niveaux restés dégénérés par les interactions électroniques sont
séparés en di�érents multiplets 2S+1LJ . Cette levée de dégénéresence est représentée sur
la �gure 1.2(b). Comme le moment angulaire total J est conservé par l'interaction spin-
orbite, il est un bon nombre quantique et les di�érents multiplets correspondant aux
di�érentes valeurs de J sont (2J + 1) fois dégénérés. L'écart entre deux multiplets est
typiquement de quelques milliers de cm−1.

Les électrons 4f sont écrantés par les électrons 5s et 5p. De ce fait les interactions avec
le champ cristallin, par e�et Stark, sont en général très faibles devant l'interaction spin-
orbite. Elles peuvent ainsi être traitées en perturbation dans la base de diagonalisation de
l'interaction spin-orbite [24]. Autrement dit, l'interaction avec le champ cristallin mélange
très peu les multiplets correspondant aux di�érentes valeurs de J , et J reste un bon nombre
quantique. Par exemple, l'état fondamental 3H6 des ions Tm3+ reste ainsi un état 3H6

à plus de 99.5% lorsque l'ion est inséré dans une matrice de YAG [56]. En revanche, le
champ cristallin lève au moins partiellement la dégénérescence à l'intérieur d'un multiplet
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1.3 Niveaux d'énergie

2S+1LJ . Les états propres du hamiltonien de l'ion en matrice se développent sur la base
|LSJMJ〉 des états propres de Jz. Les multiplets sont séparés en sous-niveaux Stark, qui
correspondent à des combinaisons linéaires des di�érentes valeurs propres permises MJ ,
comme représenté sur la �gure 1.2(c). L'écart entre les niveaux Stark à l'intérieur d'un
multiplet est typiquement de quelques dizaines de cm−1. Le fait que la dégénérescence en
J soit partiellement ou totalement levée par l'e�et du champ cristallin dépend du nombre
d'électrons de l'ion et de la symétrie du site, comme nous allons le préciser dans la section
suivante.

Energie

interaction 
entre e-

et interaction 
spin-orbite

effet Stark
du champ
cristallin

interactions
magnétiques

(a) (c) (d)(b)

Fig. 1.2 � Niveaux d'énergie des électrons 4f des ions de terre rare. (a) Con�gurations dé-
générées des électrons 4f d'un ion libre dans un potentiel coulombien, (b) Levée partielle
ou totale de dégénérescence par les interactions entre électrons et l'interaction spin-orbite,
(c) Séparation des niveaux par e�et Stark du champ cristallin ; les transitions optiques
ont lieu entre les niveaux les plus bas de chaque multiplet Stark. (d) E�et des interac-
tions magnétiques, qui peuvent lever la dégénérescence hyper�ne. Les deux �èches rouges
matérialisent un système en Λ possible construit sur la structure hyper�ne du niveau
fondamental.

1.3.2 Symétrie par renversement du temps et dégénérescence de
Kramers

La présentation de l'opération de renversement du temps que nous allons faire ici
est décrite plus en détail dans les références [57] (pages 567 à 581) et [58] (pages 639 à
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

650). Cette discussion se place dans le cadre plus général des invariances et des lois de
conservation qui leurs sont associées en physique, et en particulier en mécanique quantique.

Parmi toutes les transformations faisant intervenir le temps, la plus simple est la
translation dans le temps, par rapport à laquelle l'invariance du système entraîne la loi
de conservation de l'énergie. Il arrive fréquemment que les systèmes étudiés soient inva-
riants, non seulement par translation dans le temps, mais aussi par l'opération appelée
renversement du temps. Cette opération correspond en fait à un renversement du sens du
mouvement, c'est-à-dire qu'elle renverse toutes les vitesses du système, y compris celles
associées au mouvement de rotation des électrons sur eux-mêmes. Les spins sont donc
inversés par une telle opération. L'invariance du hamiltonien d'un système par cette opé-
ration a des conséquences très importantes sur ses propriétés magnétiques, comme nous
allons le montrer ici.

Nous appelerons θ l'opérateur de renversement du temps. On peut montrer que θ est
un opérateur antilinéaire et antiunitaire, et que θ2 = ±1 [57, 58]. La détermination de cet
opérateur dépend de la base choisie. Pour une particule sans spin, en représentation ~r,
on peut identi�er θ à l'opérateur de conjugaison complexe K0, qui à une fonction d'onde
φ(~r) associe son complexe conjugué φ∗(~r). On considère maintenant une particule de spin
1/2 dans la représentation standard dans laquelle les composantes du spin sx et sz sont
réelles et la composante sy est imaginaire. On a dit plus haut que, comme tout moment
cinétique, le spin était inversé par l'opération de renversement du temps. L'opérateur θ

peut donc s'écrire :
θ = iσyK0 (1.3)

avec σy la matrice de Pauli associée à la composante y dans la représentation standard.
On véri�e alors aisément que θ2 = −1. Si on considère en�n un système de n particules
de spin 1/2, l'opérateur de renversement du temps sera le produit des opérateurs associés
à chaque particule :

θ =
n∏

p=1

θp (1.4)

et on aura donc θ2 = (−1)n. La parité du nombre de particules n est essentielle lorsque
l'on cherche à décrire les propriétés magnétiques des ions. Supposons par exemple que
le hamiltonien H du système soit invariant par renversement du temps, c'est-à-dire qu'il
commute avec θ. C'est le cas en l'absence de champ magnétique car les énergies cinétique,
potentielle, et les interactions spin-spin et spin-orbite sont invariantes par renversement
du temps. Si |Φ〉 est un état propre de H, associé à la valeur propre E :

H(θ |Φ〉) = θ(H |Φ〉) = θ(E |Φ〉) = Eθ |Φ〉 (1.5)

Donc l'image de l'état |Φ〉 par l'opération de renversement du temps est aussi état propre
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1.3 Niveaux d'énergie

du hamiltonien H, avec la même énergie. On note |Ψ〉 = θ |Φ〉. On s'intéresse à présent
au produit scalaire 〈Φ|Ψ〉.

On dit d'un opérateur qu'il est antiunitaire s'il est antilinéaire et s'il conserve le
produit scalaire à une conjugaison complexe près. Comme θ est antiunitaire :

〈Φ|Ψ〉 = 〈Φ|θΦ〉 =
〈
θΦ|θ2Φ

〉∗
=

〈
θ2Φ|θΦ

〉
=

〈
θ2Φ|Ψ

〉
(1.6)

Dans le cas d'un système à nombre pair d'électrons, θ2 = 1, on obtient simplement
l'identité 〈Φ|Ψ〉 = 〈Φ|Ψ〉. En revanche, dans le cas d'un système à nombre impair d'élec-
trons, pour lequel θ2 = −1, on obtient :

〈Φ|Ψ〉 = −〈Φ|Ψ〉 = 0 (1.7)

Les états |Ψ〉 et |Φ〉 sont orthogonaux, donc distincts. Il en résulte que les valeurs propres
du hamiltonien sont au moins deux fois dégénérées. Cette dégénérescence porte le nom de
dégénérescence de Kramers. L'état |Ψ〉 = θ |Φ〉 est appelé le conjugué de Kramers de |Φ〉.

Parmi les ions de terre rare, ceux qui possèdent un nombre impair d'électrons 4f (Ce,
Nd, Sm, Gd, Dy, Er, Yb) seront désignés par la suite comme des ions Kramers. Pour
ces ions, tant que le hamiltonien commute avec l'opérateur de renversement du temps
(c'est-à-dire en l'absence de champ magnétique), les niveaux électroniques forment des
doublets de Kramers. Pour cette raison, l'e�et Stark du champ cristallin ne peut lever
complètement la dégénérescence en J et les multiplets sont séparés en au plus J + 1/2

niveaux distincts.
Les ions de terre rare possédant un nombre pair d'électrons (Eu, Pr, Tb, Ho, Tm)

sont dits non-Kramers, et ne sont pas soumis à cette dégénérescence. Les dégénérescences
électroniques peuvent alors être complètement levées par le champ cristallin, les niveaux
d'énergie se présentant alors sous forme de 2J + 1 singulets électroniques. Ceci a lieu
dans des environnements de basse symétrie, qui n'introduisent pas de dégénérescence
additionnelle. C'est le cas par exemple des sites de l'yttrium de symétrie D2 dans la matrice
de YAG. En revanche, dans les sites possédant une symétrie axiale ou plus, il peut exister
des dégénérescences qui conduisent à des états électroniques dits doublets non-Kramers.
Une telle dégénérescence d'ordre 2 existe par exemple dans un environnement de symétrie
cubique.

La dégénérescence à l'intérieur d'un multiplet 2S+1LJ est donc partiellement ou to-
talement levée par l'e�et Stark du champ cristallin. Les niveaux d'énergie plus élevée de
chaque multiplet Stark relaxent rapidement vers le niveau de plus basse énergie du mul-
tiplet sous l'e�et de processus non radiatifs. Les temps caractéristiques de ces processus
sont typiquement inférieurs à 1 µs. On s'intéresse donc aux transitions entre les niveaux
de plus basse énergie des di�érents multiplets Stark. Nous discuterons plus loin dans ce
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

chapitre les di�érentes causes d'élargissement homogène et inhomogène des raies associées
à ces transitions.

En vue de réaliser des expériences de stockage d'information, nous souhaitons mettre
en évidence un système à 3 niveaux en Λ. Ce système pourra s'appuyer sur deux sous-
niveaux hyper�ns de l'état fondamental qui est le niveau le plus bas du premier multiplet
Stark, reliés à un même niveau électronique appartenant à un multiplet Stark d'énergie
plus élevée, comme indiqué sur la �gure 1.2(d). Pour déterminer la faisabilité d'un tel
système, nous allons étudier les interactions magnétiques qui permettent de séparer ces
niveaux hyper�ns.

1.3.3 Interaction magnétique et structure hyper�ne
Les propriétés magnétiques des ions proviennent des termes HHF , HQ, HZe et HZn du

hamiltonien du système donné dans l'équation (1.2). Ces termes sont très petits devant
le hamiltonien de l'ion libre HIL et devant celui du champ cristallin HCC . C'est pourquoi
ils peuvent être traités en perturbation dans la base des états propres de HIL + HCC .

Le premier terme représente l'interaction hyper�ne :

HHF = −AJ
~I · ~J (1.8)

où AJ représente le paramètre de l'interaction hyper�ne [24].
Le deuxième terme représente l'interaction quadrupolaire électrique et s'écrit :

HQ = P

[

I2
z′ −

I(I + 1)

3
+

η

3
(I2

x′ − I2
y′)

]

(1.9)

où P est la constante de couplage quadrupolaire, η le paramètre d'asymétrie du gradient
de champ électrique, et x′, y′, et z′ les axes principaux du tenseur du gradient de champ
électrique. Ce terme (non nul pour les ions présentant un spin nucléaire supérieur ou égal
à 1) a des contributions dues au réseau, aux électrons 4f et aux électrons des autres
couches dont la distribution de charge est modi�ée par le champ électrique du réseau.

Le troisième terme représente l'interaction Zeeman électronique sous l'e�et d'un
champ magnétique ~B et s'écrit :

HZe = gJµB
~B · ~J (1.10)

où µB représente le magnéton de Bohr et gJ le facteur de Landé :

gJ =
3

2
− L(L + 1) − S(S + 1)

2J(J + 1)
(1.11)

Le quatrième terme, qui représente l'interaction Zeeman nucléaire, est égal à :

HZn = −~γn
~B · ~I (1.12)
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1.3 Niveaux d'énergie

où ~ est la constante de Planck réduite, γn le facteur gyromagnétique du noyau et ~I le
spin nucléaire.

Pour discuter de l'importance de ces di�érents e�ets, il convient de distinguer le
cas des ions Kramers et celui des ions non-Kramers. Parmi ces cas, on traitera plus en
détail celui des ions non-Kramers dans des sites de basse symétrie, car c'est dans cette
con�guration que l'on sera amené à travailler.

Ions non-Kramers

Lorsque la dégénérescence des niveaux électroniques est complètement levée dans un
ion à nombre pair d'électrons situé dans un site de basse symétrie, la symétrie par ren-
versement du temps conduit à une propriété remarquable appelée blocage ou quenching
du moment angulaire [58]. Comme on l'a vu précédemment, en raison du nombre pair
d'électrons, la fonction d'onde électronique totale est fonction propre du carré de l'opé-
rateur renversement du temps θ2 avec la valeur propre +1. Le moment angulaire total ~J

est impair par rapport au renversement du temps, comme tous les moments cinétiques :

θ ~Jθ−1 = − ~J† (1.13)

On a vu dans la partie 1.3.2 que le hamiltonien électronique commute avec l'opérateur de
renversement du temps θ. D'après l'équation (1.5), le conjugué de Kramers de chaque état
propre du hamiltonien électronique est aussi vecteur propre de H avec la même valeur
propre. Or, la dégénérescence des niveaux électroniques est complètement levée grâce à la
basse symétrie du site, donc chaque état propre coïncide avec son conjugué à un facteur
de phase près [58]. La valeur moyenne du moment angulaire total ~J est égale à 〈Ψ| ~J |Ψ〉,
donc proportionnelle à 〈Ψ| ~J |θΨ〉. Puisque θ est antilinéaire et antiunitaire, on a :

〈θΨ|θΦ〉 = 〈Φ|Ψ〉 (1.14)

En faisant agir l'opérateur ~J à droite ou à gauche dans l'expression de la valeur moyenne,
on obtient :

〈Ψ| ~J |θΨ〉 =
〈

Ψ| ~JθΨ
〉

et 〈Ψ| ~J |θΨ〉 =
〈

~J†Ψ|θΨ
〉

(1.15)

Appliquons la relation (1.14) à
〈

Ψ| ~JθΨ
〉

:

〈Ψ| ~J |θΨ〉 =
〈

θ ~JθΨ|θΨ
〉

(1.16)
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

En introduisant θ−1 dans le membre de droite, on obtient, compte tenu de l'équa-
tion (1.13) :

〈Ψ| ~J |θΨ〉 =
〈

θ ~Jθ−1θ2Ψ|θΨ
〉

(1.17)

= −
〈

~J†θ2Ψ|θΨ
〉

(1.18)

= −
〈

~J†Ψ|θΨ
〉

(1.19)

Car pour un ion non-Kramers, θ2 |Ψ〉 = |Ψ〉. En comparant à l'équation (1.15), on a :

〈Ψ| ~J |θΨ〉 = −〈Ψ| ~J |θΨ〉 = 0 (1.20)

Et on obtient en�n :
< ~J >= 0 (1.21)

Cette propriété est appelée blocage, ou quenching du moment angulaire. Elle a pour
conséquence l'annulation au premier ordre de tous les termes du hamiltonien propor-
tionnels à ~J . C'est le cas en particulier du terme d'interaction Zeeman électronique
HZe = gJµB

~B · ~J et du terme d'interaction hyper�ne HHF = AJ
~I · ~J . En e�et, la fonction

d'onde décrivant l'état du système peut s'écrire comme le produit de la fonction d'onde
électronique |Ψ〉 et de la fonction d'onde nucléaire |χ〉. La valeur moyenne du terme d'in-
teraction hyper�ne HHF peut donc s'écrire :

〈Ψ ⊗ χ|HHF |Ψ ⊗ χ〉 = AJ 〈χ| ~I |χ〉 · 〈Ψ| ~J |Ψ〉 = 0 (1.22)

On peut alors écrire le terme [HHF + HQ + HZe + HZn] sous la forme du hamiltonien
e�ectif suivant, en appliquant la théorie des perturbations au second ordre [24] :

Heff = −( A2
J
~I · Λ · ~I

︸ ︷︷ ︸

interaction hyper�ne

+HQ)−( 2AJgJµB
~B · Λ · ~I

︸ ︷︷ ︸

couplage interaction hyper�ne et Zeeman électronique

−HZn ) − g2
Jµ2

B
~B · Λ · ~B

︸ ︷︷ ︸

déplacement Zeeman électronique quadratique

) (1.23)

où Λ est un tenseur d'ordre 3 dé�ni par :

Λαβ =
2J+1∑

n=1

〈0| Jα |n〉 〈n| Jβ |0〉
En − E0

(1.24)

où E0 est l'énergie de l'état |0〉 de plus basse énergie, et En l'énergie d'un autre état |n〉
du même multiplet électronique.

Le premier terme A2
J
~I · Λ · ~I représente l'interaction hyper�ne au deuxième ordre de

perturbation, aussi appelée interaction pseudo-quadrupolaire. On peut le réécrire de la
façon suivante :

H
(2)
HF = Dpq

(

I2
z − I(I + 1)

3

)

+ Epq[I
2
x − I2

z ] (1.25)
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1.3 Niveaux d'énergie

avec

Dpq = A2
J

(
Λxx − Λyy

3
− Λzz

)

(1.26)

Epq =
A2

J

2
(Λyy − Λxx) (1.27)

Ce terme est responsable avec le hamiltonien quadrupolaire électrique de la levée de dégé-
nérescence des niveaux hyper�ns dans les ions de Kramers. Cette levée de dégénérescence
est illustrée sur la �gure 1.2(d). Ces niveaux hyper�ns se présentent alors sous la forme
de I + 1

2
doublets de spin. Il apparaît d'après l'équation (1.25) que le hamiltonien d'in-

teraction hyper�ne au second ordre de perturbation H
(2)
HF s'annule comme l'interaction

quadrupolaire électrique lorsque le spin est inférieur à 1. Ceci est le cas par exemple
des ions thulium, de spin nucléaire égal à 1

2
. L'ion Tm est donc dépourvu de structure

hyper�ne au premier ordre et au second ordre lorsqu'il est placé dans un site de basse
symétrie.

Le troisième terme 2AJgJµB
~B · Λ · ~I de l'expression (1.23) représente le couplage au

deuxième ordre entre l'interaction hyper�ne et l'e�et Zeeman électronique. On peut le voir
comme la réponse des noyaux à une redistribution du nuage électronique sous l'e�et d'un
champ magnétique. Ce terme est en général beaucoup plus important que l'interaction
Zeeman nucléaire HZn. La combinaison de ces deux interactions correspond à l'interaction
dite Zeeman nucléaire exacerbée. Lorsque le tenseur Λ est diagonal (ce qui est notamment
le cas pour le Tm3+:YAG du fait de la symétrie D2 du site de l'yttrium), le hamiltonien
correspondant s'écrit :

H ′
Zn = −~ (γxBxIx + γyByIy + γzBzIz) (1.28)

où x, y, et z sont les axes principaux du tenseur Λ, et où les facteurs gyromagnétiques
sont donnés par :

γα = γn +
2gJµBAJΛαα

~
où α = x, y ou z (1.29)

En l'absence de champ magnétique, les ions thulium sont dépourvus de structure hyper�ne
du fait de leur faible spin nucléaire. Pour construire le système à trois niveaux désiré, on
devra appliquer un champ magnétique extérieur et on utilisera l'anisotropie du tenseur
Λ, comme on le verra dans le chapitre suivant.

Le cinquième terme g2
Jµ2

B
~B ·Λ· ~B de l'expression (1.23) représente l'interaction Zeeman

électronique au second ordre, aussi appelé déplacement Zeeman électronique quadratique.
Dans le cas des ions non-Kramers situés dans des sites de basse symétrie, cette interaction
produit en e�et un simple déplacement des niveaux d'énergie électroniques, la dégénéres-
cence de ceux-ci étant déjà complètement levée sous l'e�et du champ cristallin.
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

On peut noter que, dans le cas d'ions non-Kramers dans des sites de symétrie axiale
ou plus, l'existence de doublets électroniques non-Kramers permet au moment cinétique
orbital d'avoir des composantes non nulles dans l'axe de symétrie, et d'éviter le quenching
du moment angulaire total. La partie magnétique de l'hamiltonien du système est alors
dominée au premier ordre par l'e�et Zeeman électronique parallèle à l'axe de symétrie,
ainsi que par le terme hyper�n comprenant les composantes de spin électronique et nu-
cléaire dans cette même direction. Les termes du second ordre décrits précédemment sont
présents sous la forme de l'interaction Zeeman nucléaire exacerbée et de l'hamiltonien
pseudo-quadrupolaire.

Ions Kramers

Comme on l'a vu dans la partie 1.3.2, la dégénérescence de Kramers est due à l'in-
variance par renversement du temps. Les seules interactions capables de lever une telle
dégénérescence sont celles qui ne commutent pas avec l'opérateur de renversement du
temps θ. C'est le cas de l'interaction Zeeman électronique et de l'interaction hyper�ne. La
partie magnétique du hamiltonien sera là encore dominée par les interactions au premier
ordre.

Nous avons décrit ici les spectres de niveaux d'énergie des ions de terre rare en ma-
trice cristalline. Nous allons maintenant nous intéresser aux transitions optiques entre ces
di�érents niveaux d'énergie et présenter les causes diverses d'élargissement homogène et
inhomogène de ces transitions.

1.4 Elargissement homogène et inhomogène
Comme nous l'avons évoqué dans le paragraphe précédent, les ions de terre rare en

matrice cristalline sont remarquables par la �nesse de leurs raies spectrales. Les méca-
nismes responsables de cet élargissement peuvent être classés en deux catégories : ceux
qui causent un élargissement homogène et ceux qui causent un élargissement inhomogène.
La largeur homogène est la largeur que l'on mesurerait si on pouvait travailler avec un
seul ion. La largeur inhomogène est due au fait que l'on étudie un ensemble macrosco-
pique d'ions qui ne sont pas exactement identiques. C'est la largeur inhomogène qui est
accessible par les spectromètres et les lasers balayés en fréquence, tandis qu'il faut utiliser
des techniques plus élaborées pour accéder à la largeur homogène, comme par exemple le
creusement spectral (spectral hole burning) ou les échos de photons.

Dans cette partie, nous présenterons les diverses causes d'élargissement des raies spec-
trales des ions de terre rare en matrice cristalline, puis nous discuterons des moyens dis-
ponibles pour améliorer la �nesse de ces raies, et des conséquences de ceci sur le choix du
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1.4 Elargissement homogène et inhomogène

matériau utilisé pour réaliser des opérations de stockage des propriétés quantiques de la
lumière.

1.4.1 Largeur inhomogène
L'élargissement inhomogène d'une raie atomique se traduit par l'étalement des fré-

quences de transition des ions. Dans un gaz, il résulte principalement de l'e�et Doppler.
Dans le cas des ions insérés en matrice cristalline, il provient des perturbations statiques
de l'environnement de ces ions, occasionnées par la présence de défauts dans la structure
cristalline. Les défauts peuvent être produits au cours du refroidissement du cristal depuis
sa température de solidi�cation, ou par des dislocations. Ils peuvent aussi provenir du do-
pant lui-même ou d'autres impuretés présentes dans le cristal. Ainsi, à cause du désordre
et des imperfections de la matrice hôte, chacun des dopants voit un environnement qui lui
est propre. Les énergies de transition des ions se répartissent de façon inhomogène sur un
domaine spectral noté Γinh. Cet élargissement inhomogène subsiste même à température
nulle.

Le fait d'avoir un élargissement inhomogène grand devant la largeur homogène peut
être souhaitable, par exemple dans le domaine du traitement de l'information. Ceci permet
en e�et de disposer de nombreux canaux spectraux que l'on peut manipuler indépendam-
ment, puisqu'ils répondent à di�érentes fréquences de résonance. Les projets d'analyse
spectrale [48, 49] et de calcul quantique [54, 55] dans les ions de terre rare en matrice
cristalline reposent sur ce principe.

1.4.2 Largeur homogène
La largeur homogène est la largeur qui est propre à un seul système, c'est-à-dire ici à

un seul ion. Elle correspond à la largeur totale à mi-hauteur de sa raie d'absorption. On
l'écrit en fonction de la durée de vie T2 de la cohérence associée à la transition optique
considérée :

Γh =
1

πT2

(1.30)

Sous cette forme, la largeur homogène Γh s'exprime en Hz.
Si on s'intéresse à un ion isolé dans le vide, T2 est ultimement limité par le couplage

de l'ion aux modes du champ électromagnétiques du vide par émission spontanée :

Γh(min) =
1

πT2(max)

=
1

2πT1

(1.31)

où T1 représente la durée de vie du niveau excité vis-à-vis de l'émission spontanée [59].
Pour espérer béné�cier de longues durées de vie des cohérences T2, il importe donc de
disposer de matériaux possédant des longues durées de vie des niveaux excités.
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

Les ions de terre rare, avec leur couche 4f partiellement remplie, répondent favora-
blement à ce critère. En e�et, les transitions dipolaires électriques entre états de même
parité sont interdites pour un ion isolé. Les seules transitions autorisées à l'intérieur de
la con�guration 4f devraient donc être de type dipolaire magnétique. Cependant, si l'ion
est situé dans un site sans symétrie d'inversion, la con�guration 4fn peut être mélangée
avec la con�guration de parité opposée 4fn−15d, ce qui autorise la transition dipolaire
électrique. Comme le processus dipolaire électrique est de 5 ordres de grandeur plus fort
que le processus dipolaire magnétique, il peut dominer même dans le cas d'un faible mé-
lange d'états de parités opposées. Ces raies quasi-interdites présentent une probabilité de
transition très faible (de l'ordre de 10−8), ce qui donne aux niveaux excités une longue
durée de vie.

Lorsque l'ion est placé dans un environnement, la largeur homogène de la transition
optique augmente du fait du couplage dynamique de l'ion avec son environnement :

Γh = Γh(max) + C (1.32)

C représente l'e�et d'élargissement des raies provenant du couplage avec l'environnement.
Nous allons ici présenter les causes de cet élargissement et en tirer des conséquences sur
le choix des ions de terre rare et des matrices cristallines à utiliser.

Couplage avec les vibrations du réseau

Les phonons contribuent à l'élargissement homogène par l'intermédiaire de deux mé-
canismes principaux [58, 60] : le processus d'Orbach et le processus Raman, représentés
sur la �gure 1.3.

Processus d’Orbach Processus Raman

niveau réel�
�
�����

� ✁� � ✁�
Fig. 1.3 � Schémas des processus d'Orbach et Raman de couplage par phonons entre deux
sous-niveaux Stark séparés par une énergie ∆EStark. |k〉 et |k′〉 représentent les vecteurs
d'onde du phonon incident ou di�usé.

Le processus d'Orbach met en jeu le couplage résonnant avec le sous-niveau Stark le
plus proche, par l'absorption d'un phonon |k〉 suivie de l'émission d'un phonon |k′〉, . Le
sous-niveau Stark étant situé à distance ∆EStark au-dessus du niveau impliqué dans la
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1.4 Elargissement homogène et inhomogène

transition électronique, la contribution du processus d'Orbach à l'élargissement homogène
est proportionnelle à :

e−
∆EStark

kT (1.33)

où T est la température du cristal. On peut en réduire l'impact en abaissant la tempéra-
ture de travail : il devient généralement négligeable en dessous de 2 ou 3 K. Compte tenu
du fait que les écarts ∆EStark entre sous-niveaux Stark dépendent de la matrice, l'impor-
tance de ce processus varie d'un matériau à l'autre pour un même ion. Ainsi, ∆EStark

vaut 27 cm−1 et 72 cm−1 respectivement dans les états électroniques 3H6 et 3H4 pour le
Tm3+:YAG [56], mais cette distance se réduit à environ 6 cm−1 dans l'état électronique
3H6 du Tm3+ :Y2Si2O7 [61]. Ainsi à 4 K, l'élargissement de la largeur homogène est 400
fois plus faible dans le Tm3+:YAG que dans Tm3+ :Y2Si2O7 .

Le processus Raman met en jeu le couplage non résonnant avec un sous-niveau Stark
virtuel, situé au-dessus du niveau impliqué dans la transition électronique. Ce processus
n'est dominant que dans les quelques rares cas où le premier niveau Stark réel est très
éloigné. C'est le cas dans l'europium, où ce niveau est situé à plus de 200 cm−1 du ni-
veau fondamental. A basse température, la contribution de ce processus à l'élargissement
homogène varie comme (T/TD)7 pour les ions non-Kramers et (T/TD)9 pour les ions de
Kramers, où TD est la température de Debye. Avec une température de Debye typique
de plusieurs centaines de kelvins (1000 K environ dans le YAG), le processus Raman
contribue peu à l'élargissement homogène pour des températures inférieures à 5 K.

La contribution du processus direct est, elle, non négligeable à 5 K. Elle devient par
contre extrêmement faible lorsque la température est abaissée à 2 − 3 K [62]. Elle peut
même devenir inférieure à la largeur intrinsèque du niveau si l'on diminue su�samment
la température. Dans Pr3+ :LaF3 par exemple, on attend une largeur du processus direct
de 50 Hz à 2 K et de 0, 4 Hz à 1, 5 K [63, 64]. A ces températures, c'est la contribution
des interactions ion-ion qui devient largement prépondérante.

Interactions ion-matrice et ion-ion

Parmi les autres contributions à l'élargissement homogène, on retrouve les interactions
entre les ions de terres rares et la matrice, et entre les ions de terres rares eux-mêmes. Ces
deux types d'élargissement proviennent des �uctuations du champ magnétique local. Pour
les cristaux dopés avec de faibles concentrations en ions terres rares (typiquement 0, 01

at. %), la largeur de la transition est surtout a�ectée par les �uctuations du champ magné-
tique local qui résulte des �uctuations d'orientation des spins nucléaires des ions ligands.
Il faut donc que la matrice hôte soit majoritairement constituée d'ions à faibles spins
et moments nucléaires. D'après le tableau 1.1, cela signi�e que l'on privilégiera les cris-
taux constitués d'ions de spin nucléaire nul, comme l'oxygène, d'ions à faible abondance
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(a)

(b)

ions voisins

ou�+ ��+

++

Fig. 1.4 � Schémas des processus de basculement de spins nucléaires (a) assistés par un
phonon (processus direct) et (b) de type �ip-�op. Les �èches épaisses représentent un état
de spin. |k〉 et |k′〉 représentent les vecteurs d'onde des phonons absorbés ou émis au cours
du basculement du spin.

isotopique, comme le silicium, ou d'ions à faible moment magnétique, comme l'yttrium.
On optera donc plutôt pour des cristaux d'oxydes que pour des matrices �uorées. Ainsi,
les matrices les plus utilisées sont le grenat d'yttrium et d'aluminium (YAG, Y3Al5O12

) et l'orthosilicate d'yttrium (YSO, Y2SiO5 ). Pour plusieurs ions de terres rares, c'est
dans ces matrices qu'ont été obtenues les largeurs homogènes les plus faibles à basse
température [65].

Elément 19F 35Cl 139La 27Al 28Si 29Si 89Y 16O
I 1/2 3/2 7/2 5/2 0 1/2 1/2 0

µ(µN) 2,63 0,82 2,78 3,64 0 -0,554 -0,137 0

Tab. 1.1 � Spins nucléaires I et moments magnétiques nucléaires µ de quelques éléments
intervenant comme ligands

Les changements d'orientation des spins peuvent survenir en suivant deux processus :
� les basculements assistés par phonons, ou processus directs, schématisés dans la
�gure 1.4(a), dans lesquels un retournement du spin s'accompagne de l'émission ou
de l'absorption d'un ou plusieurs phonons.

� les basculements de type �ip-�op représentés dans la �gure 1.4(b), où deux bascu-
lements de spins inverses et simultanés interviennent dans deux ions ligands. Ces
processus sont particulièrement e�caces car ils ont lieu à énergie constante.

Pour discuter de l'e�et des ces �uctuations sur la largeur homogène, il convient de
distinguer encore une fois le cas des ions de Kramers de celui des ions non-Kramers.
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Elément 141Pr 151Eu 153Eu 159Tb 165Ho 169Tm
I 5/2 5/2 5/2 3/2 7/2 1/2

µ(µN) 4,136 3,4718 1,5331 2,014 4,173 -0,232

Tab. 1.2 � Spins nucléaires I et moments magnétiques nucléaires µ des ions de terre rare
non-Kramers.

En ce qui concerne les ions non Kramers à nombre pair d'électrons (Eu, Pr, Tb,
Ho, Tm), le moment angulaire total est "quenché" et les états électroniques sont des états
singulets, comme on l'a montré dans la partie 1.3.2. A faible concentration des ions de terre
rare actifs (0, 01 at. %), l'interaction de ces ions entre eux contribue peu à l'élargissement
homogène. En revanche, le couplage du spin nucléaire de l'ion avec le spin nucléaire des
ions ligands occasionne des largeurs de raie de l'ordre de plusieurs kHz. On peut a�ner
modérément ces raies en appliquant un champ magnétique de quelques dizaines de Gauss
qui a�ecte la dynamique du spin nucléaire en supprimant les termes non séculaires du
couplage dipôle-dipôle [41]. La réduction du couplage dipôle-dipôle permet de diminuer
aussi bien l'interaction des ions de terre rare avec leur environnement, que l'interaction des
ions de l'environnement entre eux. Ainsi, dans un cristal de Pr3+ :YSO refroidi à 1, 5 K,
Fraval et al. ont pu rallonger de deux ordres de grandeur la durée de vie des cohérences
hyper�nes en appliquant un champ magnétique permanent [66] .

Dans les ions Kramers à nombre impair d'électrons (Ce, Nd, Sm, Gd, Dy, Er, Yb),
un renversement de spin électronique peut se produire à l'intérieur même du doublet de
Kramers par basculement entre états dégénérés. De plus, l'interaction entre les spins élec-
troniques des ions est beaucoup plus importante que celle du spin nucléaire (ge ≃ 1800gn).
L'interaction des ions de terre rare entre eux devient donc une forte source d'élargisse-
ment homogène des raies puisque le basculement de type �ip-�op des spins électroniques
est très e�cace et peut survenir entre les ions. Pour cette raison, en l'absence de champ
magnétique, les ions Kramers présentent des largeurs de raie très élevées par rapport à
celles présentées par les ions non-Kramers [41]. L'application d'un champ magnétique ex-
térieur peut améliorer la situation dans certains cas. En e�et, en plus de la réduction du
couplage dipôle-dipôle décrite dans le cas des ions non-Kramers, un champ magnétique
permet de lever la dégénérescence de Kramers. A basse température, ceci permet de ne
garder peuplé que le niveau de plus basse énergie. On inhibe ainsi les �uctuations de spin
et les mécanismes de �ip-�op à énergie constante entre les ions. Ceci nécessite néanmoins
un champ magnétique nettement plus intense que dans le cas des ions non-Kramers, de
l'ordre de plusieurs teslas à 1, 6 K. Ainsi, une largeur de raie record de 50 Hz a été mesurée
par Sun et al. dans l'Er3+ :YSO sous un champ magnétique de 7 T [65].
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

1.5 Choix de l'ion et de la matrice
Comme nous venons de le voir, les ions Kramers présentent en général des durées

de vie des cohérences beaucoup plus courtes que les ions non-Kramers, à cause des pro-
cessus de basculements de spins qui sont très e�caces. Il est possible dans certains cas
de résoudre ce problème en utilisant un champ magnétique adapté, mais cela nécessite
d'utiliser des champs intenses. Sans être un obstacle insurmontable, ceci représente une
lourde complication expérimentale qu'il semble sage d'éviter, du moins dans un premier
temps. On est alors naturellement amené à se tourner vers les ions non-Kramers, qui sont
au nombre de cinq : Eu, Pr, Tb, Ho, et Tm.

On cherche à sélectionner parmi ces ions ceux qui présentent un système à trois
niveaux en Λ comme celui de la �gure 1.5, dans lequel des opérations de stockage quantique
de la lumière pourront être réalisées. Le système en Λ serait construit sur deux sous-
niveaux hyper�ns de l'état électronique fondamental, et un sous-niveau hyper�n d'un
état électronique excité. Les transitions optiques devront être manipulées par des sources
laser très stables, pour tirer parti des longues durées de vie des cohérences optiques et
Raman attendues dans de tels systèmes.

�
Ω

�

�

�

�
Ω

Fig. 1.5 � Système à trois niveaux en Λ. Les deux sous-niveaux fondamentaux |a〉 et |c〉
sont couplés à un même niveau excité par des transitions optiques.

Les ions Pr et Eu présentent tous deux un spin nucléaire de I = 5/2. Chaque niveau
électronique est séparé en trois sous-niveaux hyper�ns deux fois dégénérés, eux-mêmes
séparés par des écarts en fréquence de l'ordre de 10 MHz. De ce fait, les cristaux dopés
avec les ions praséodyme ou europium présentent d'emblée un système à 3 niveaux en Λ,
avec des écarts énergétiques adaptés. Leurs longueurs d'onde d'absorption sont proches
de 606 nm pour le Pr et de 580 nm pour l'Eu, et ne sont accessibles que par des lasers
à colorant. Ce type de laser est di�cile à stabiliser en dessous du MHz sur des durées de
l'ordre de la milliseconde, à cause du bruit haute fréquence généré par le jet de colorant.
Il existe toutefois plusieurs sources lasers à colorant ultra-stables dans le monde, réalisées
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1.5 Choix de l'ion et de la matrice

en laboratoire spécialement pour la manipulation optique des ions Pr [67, 35, 68, 36] ou
Eu [34] en matrice cristalline. Ces sources permettent de tirer parti des durées de vie des
cohérences de l'ordre de la centaine de µs ou de la ms o�ertes par les ions. Il est aussi
possible d'atteindre les longueurs d'onde du praséodyme ou de l'europium sans passer par
des lasers à colorant, mais grâce à des sources de type Oscillateur Paramétrique Optique.
Le développement d'une telle source ultra-stable capable d'atteindre la longueur d'onde
du praséodyme est actuellement en cours au Laboratoire Aimé Cotton, dans le cadre de
la thèse de Thu-Hien My [69].

Pour éviter l'obstacle que constitue la longueur d'onde d'absorption des ions Pr et Eu,
on peut aussi se tourner vers des ions contrôlables par des lasers plus faciles à stabiliser :
de ce point de vue, les ions terbium, holmium et thulium semblent bien plus attrayants,
car leurs longueurs d'onde d'absorption sont accessibles par des diode lasers, ou des diodes
lasers doublées en fréquence : 490 nm pour le Tb, 640 nm pour le Ho, et 793 nm pour
le Tm. Le terbium et le holmium présentent des durées de vie des cohérences optiques
insu�santes, autour de 50 ns par exemple pour le Ho3+ :YVO4 [70] et de 11 µs pour le
Tb3+ :LiYF4 [71] à 1, 3 K. Les ions Tb et Ho ne peuvent donc constituer un système
adéquat pour le stockage quantique de l'information.

L'ion restant, le thulium, présente à la fois une longueur d'onde permettant l'utili-
sation de lasers à diode, et des durées de vie des cohérences optiques intéressantes [37].
Seulement, il ne présente pas de structure hyper�ne, ni au premier ordre de perturbation, à
cause du blocage du moment angulaire total J , ni au deuxième ordre, car son spin nucléaire
est de I = 1/2. C'est la raison principale pour laquelle il n'a jamais été considéré comme
un support possible pour une mémoire quantique dans un solide. Pourtant, lorsqu'il est
soumis à un champ magnétique modéré, l'ion Tm3+ présente un écart énergétique entre
ses sous-niveaux hyper�ns de l'ordre du MHz. Le thulium présente donc trois avantages
de taille sur les autres ions de terre rare non-Kramers : sa longueur d'onde accessible aux
lasers à diode, ses longues durées de vie des cohérences et sa structure hyper�ne adaptée,
même si elle nécessite l'application d'un champ magnétique. Ces avantages font de lui un
candidat prometteur pour le stockage quantique de l'information.

Dans la partie 1.4.2, on a vu qu'il était préférable de doper les ions de terre rare dans
des cristaux d'oxyde plutôt que dans des matrices �uorées : en e�et, comme ces derniers
contiennent moins de spins nucléaires, la contribution à l'élargissement homogène des
�uctuations de spin est réduite. En dopant les ions de terre rare dans des cristaux d'oxydes,
on peut donc s'attendre à de meilleures durées de vie des cohérences. Les matrices les
plus utilisées sont le grenat d'yttrium et d'aluminium (YAG, Y3Al5O12 ) et le pyrosilicate
d'yttrium (YPS, Y2Si2O7). On a choisi de travailler dans un cristal de YAG, car lorsque
le Tm est dopé dans cette matrice, son premier niveau Stark se trouve beaucoup plus
éloigné de l'état fondamental que dans un cristal de Y2Si2O7. On limite ainsi les processus
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

Matériau λ splittings hyper�ns T1 T2 Γh Γinh

Eu :YSO 580 nm 75 MHz ; 102 MHz 1,9 ms 2,6 ms 122 Hz 4,1 GHz
Pr :YSO 606 nm 10,2 MHz ; 17,3 MHz 164 µs 111 µs 2,9 kHz 4,4 GHz
Tb :LiYF4 490 nm 27 GHz 11 µs 28 kHz
Ho :YVO4 640 nm qq GHz 50 ns 6,5 MHz 15 GHz
Tm :YAG 793 nm qq 10 MHz/T 800 µs 105 µs 3 kHz 20 GHz

Tab. 1.3 � Données spectroscopiques sur quelques ions de terre rare non-Kramers en
matrice cristalline. T1 désigne la durée de vie du niveau excité de la transition optique, et
T2 désigne la durée de vie de la cohérence optique.

de décohérence thermique associés aux vibrations du réseau.
Dans la partie suivante, nous allons décrire plus en détail les propriétés de l'ion Tm3+

lorsqu'il est inséré dans une matrice cristalline de YAG.

1.6 Tm3+:YAG
Le seul isotope du thulium, 169Tm, possède 69 protons et 100 neutrons, correspondant

à un spin nucléaire total de I = 1/2. L'ion thulium trivalent Tm3+ possède 66 électrons,
dont 12 électrons de la couche 4f . La con�guration correspondante est 4f 12, S = 1, L = 5.

Lorsque des ions thulium sont dopés dans un cristal de YAG, ils se substituent à des
ions yttrium dans des sites de symétrie D2. Cette symétrie est su�samment basse pour
que le champ cristallin puisse lever complètement les dégénérescences électroniques qui
dégraderaient la durée de vie des cohérences du système. Les sites de substitution sont
situés au centre d'un cube déformé dont les huit sommets sont occupés par des atomes
d'oxygène de spin nucléaire nul (tableau 1.1). Les ions d'aluminium, porteurs d'un spin
nucléaire I = 5/2, sont à la fois moins nombreux et plus éloignés. La structure cristalline
du YAG est représentée sur la �gure 1.6, tirée de la référence [72]. Ainsi, dans cette matrice,
les �uctuations de spin nucléaire des ions ligands vus par les ions Tm3+ sont limitées. R.
M. Macfarlane a mesuré une largeur homogène de la transition optique à 793 nm de 3 kHz
dans un échantillon de Tm :YAG de faible concentration (0, 1 at. %) à une température
de 1, 5 K [37]. Ceci correspond à une durée de vie des cohérences optiques de 105 µs. La
largeur inhomogène du pro�l d'absorption correspondant à cette transition est, elle, de
l'ordre de 20 GHz.

On peut trouver le diagramme détaillé des niveaux d'énergie de Tm3+:YAG dans la
référence [56]. Comme on l'a justi�é au début de ce chapitre, on s'intéresse uniquement
aux transitions entre les niveaux de plus basse énergie de chaque multiplet Stark. Le

34



1.6 Tm3+:YAG

Fig. 1.6 � Polyèdres de coordination du cristal YAG. Les sommets des polyèdres sont
occupés par des atomes d'oxygène. Les atomes d'aluminium sont placés en A et D, et les
ions yttrium sont placés en C. Figure extraite de la référence [72].

schéma simpli�é de ces niveaux est représenté sur la �gure 1.7. Dans ce travail de thèse,
les ions sont excités sur la transition 3H6(0) → 3H4(0) à la longueur d'onde 793 nm grâce
à un laser à diode en cavité étendue o�rant une stabilité de 250 Hz sur une durée de
10 ms [73]. Dans un échantillon de Tm3+:YAG dopé à 0, 1%, le niveau excité, d'une durée
de vie de 800 µs [74], se désexcite préférentiellement de façon non radiative par émission
multiphonon vers le niveau 3F4, en passant par le niveau 3H5 de courte durée de vie [75, 76].
Le niveau 3F4 relaxe ensuite essentiellement radiativement vers l'état fondamental 3H6.
Le niveau 3F4 est appelé niveau métastable ou "relais" en raison de sa longue durée de
vie (∼ 10 ms).
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Fig. 1.7 � Schéma des niveaux du Tm3+:YAG

Comme on l'a évoqué dans ce chapitre, l'ion thulium dopé dans une matrice de YAG
ne présente pas de structure hyper�ne au premier ni au deuxième ordre de perturbation.
On verra dans le chapitre suivant comment on peut révéler la structure de spin nucléaire
et y créer un système à trois niveaux en Λ à l'aide d'un champ magnétique appliqué.
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

1.7 Pr3+ :YSO
Il est intéressant de situer le thulium par rapport aux autres ions de terre rare non-

Kramers dans lesquels des travaux similaires à ceux présentés dans cette thèse sont pour-
suivis. En particulier, c'est l'ion praséodyme qui suscite le plus d'intérêt depuis une tren-
taine d'années. Il a été dopé dans une grande variété de matrices cristallines [41] (on
peut citer entre autres les cristaux de LaF3 [64], YAlO3 [77, 26], YSO [78], YAG [25],
CaF2 [79] ou encore plus récemment, La2W3O12 [80]). Parmi toutes ces matrices, c'est
dans l'orthosilicate d'yttrium (YSO) qu'ont été réalisées la majeure partie des expériences
de manipulation de cohérences de spin. Ces expériences seront passées en revue dans le
chapitre 3.

Lorsqu'il est dopé dans le YSO, le Pr se substitue aux ions Y3+ dans des sites de
symétrie C1. Cette symétrie est su�samment basse pour assurer la levée complète de
dégénérescence des états électroniques. Il existe deux sites de substitution cristallographi-
quement inéquivalents dans cette matrice, appelés sites 1 et 2. Nous ne nous intéresserons
ici qu'aux ions du site 1, car les ions du site 2 présentent des forces d'oscillateurs 15 fois
moins importantes, et un écart énergétique des niveaux hyper�ns plus faible que ceux du
site 1, malgré des durées de vie plus longues [78].

On a mesuré une largeur homogène de la transition optique à 606 nm de 2, 8 kHz
dans un échantillon de Pr :YSO de faible concentration (0, 02 at. %), en l'absence de
champ magnétique et à une température de 1, 4 K. Ceci correspond à une durée de vie
des cohérences optiques de 111 µs [78]. La largeur inhomogène du pro�l d'absorption
correspondant à cette transition est, elle, de 4, 4 GHz. L'état excité 1D2 a une durée de
vie de T1 = 164 µs.

Le praséodyme a un spin nucléaire I = 5/2. Malgré le quenching du moment angulaire
total dû à la basse symétrie des sites de l'yttrium, il possède une structure hyper�ne en
l'absence de champ magnétique, représentée sur la �gure 1.8, avec 3 doublets hyper�ns
dans l'état fondamental 3D4 et 3 doublets hyper�ns dans l'état excité 1D2. Ces sous-
niveaux sont notés |±n/2〉 avec n = 1, 3, 5, même si les états propres du hamiltonien
sont en général loin des états propres de la projection du moment angulaire Jz. Dans ce
matériau, un système en Λ peut être construit sur deux sous-niveaux hyper�ns de l'état
fondamental, de façon à ce que chacune des transitions du Λ ait une force d'oscillateur
raisonnable. Les forces d'oscillateurs relatives de chacune des 9 transitions existantes sont
données dans le tableau 1.4 [81]. On voit dans ce tableau que deux systèmes en Λ peuvent
être utilisés, s'appuyant tous deux sur les sous-niveaux |±1/2〉 et |±3/2〉 de l'état fon-
damental 3H4. L'un utilise le sous-niveau |±1/2〉 de l'état excité 1D2, et l'autre utilise
|±3/2〉 comme niveau intermédiaire. C'est le premier d'entre eux, plus équilibré, qui est
généralement utilisé pour des expériences mettant en jeu un système en Λ tels les échos
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1.7 Pr3+ :YSO
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Fig. 1.8 � Structure hyper�ne du Pr :YSO

Raman [82], le passage adiabatique Raman stimulé (STIRAP) [83, 29], la transparence
induite électromagnétiquement [30], ou encore la lumière arrêtée [32]. Ce système en Λ

présente un écart en fréquence entre les deux sous-niveaux hyper�ns fondamentaux de
10, 3 MHz.

La durée de vie des populations dans les sous-niveaux hyper�ns est de plusieurs mi-
nutes dans le Pr :YSO [84]. La durée de vie des cohérences entre les deux sous-niveaux
hyper�ns |±3/2〉 et |±1/2〉 est de 500 µs à une température de 2 K. En appliquant un
champ magnétique permanent de quelques centaines de Gauss, Fraval et al. ont observé
une réduction du couplage dipôle-dipôle se manifestant par une augmentation dramatique
de T2 jusqu'à 82 ms [66]. Ils ont réussi à augmenter encore cette durée de vie jusqu'à 30
secondes, en utilisant des techniques issues de la résonance magnétique nucléaire [68].
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Chapitre 1 - Les ions de terre rare en matrice cristalline

Etat excité
±1/2 ±3/2 ±5/2

Etat ±1/2 0,55 0,38 0,07
fondamental ±3/2 0,40 0,60 0,01

±5/2 0,05 0,02 0,93

Tab. 1.4 � Forces d'oscillateurs relatives des neuf transitions possibles dans Pr :YSO [81].
Les rangées correspondent aux di�érents sous-niveaux de l'état fondamental, et les co-
lonnes aux sous-niveaux de l'état excité. Deux systèmes en Λ peuvent être considérés. Ils
sont matérialisés par les caractères italiques pour l'un, et gras pour l'autre.
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Chapitre 2

Construction d'un système en Λ dans le
Tm3+:YAG

Dans les cristaux dopés aux ions de terre rare usuels, à savoir les cristaux dopés aux
ions Pr ou Eu, le système en Λ est construit sur la structure hyper�ne de l'état fonda-
mental. En revanche, dans les cristaux dopés au ions Tm3+, il est nécessaire d'appliquer
un champ magnétique externe pour révéler la structure hyper�ne.

Dans ce chapitre, nous allons décrire la construction d'un système à 3 niveaux de type
Λ dans l'ion thulium dopé dans une matrice de YAG, à partir d'un ensemble de sous-
niveaux hyper�ns dégénérés. Nous verrons en particulier l'importance de l'orientation du
champ magnétique appliqué sur l'e�cacité de ce système en Λ.

Nous décrirons ensuite les techniques expérimentales qui ont permis de mesurer l'ef-
�cacité du système en Λ obtenu, à savoir la spectroscopie par hole-burning, la nutation
optique, et les échos de photons.
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

2.1 Introduction
La plupart des protocoles de stockage d'un signal lumineux dans un système atomique

reposent sur l'existence d'un système à 3 niveaux atomiques de type Λ, où deux sous-
niveaux d'un état électronique sont reliés par des transitions optiques à un même niveau
électronique d'énergie supérieure, comme représenté en �gure 2.1.

�
Ω

�

�

�

�
Ω

Fig. 2.1 � Système à trois niveaux en Λ. Les deux sous-niveaux fondamentaux |a〉 et |c〉
sont couplés à un même niveau excité par des transitions optiques.

Dans le chapitre 2, nous avons décrit les niveaux d'énergie des ions en matrice cris-
talline et avons observé que l'ion Tm ne possède pas de structure hyper�ne en l'absence
de champ magnétique externe, ni au premier, ni au deuxième ordre de perturbation. Les
deux sous-niveaux hyper�ns

∣
∣mI = +1

2

〉
et

∣
∣mI = −1

2

〉
correspondants aux états propres

de l'opérateur Iz sont donc dégénérés.
Dans un tel système, une transition optique ne peut pas retourner le spin nucléaire.

Cela se traduit par la règle de sélection : ∆mI = 0. On a alors deux systèmes à 2 niveaux in-
dépendants, constitués pour l'un, des deux sous-niveaux

∣
∣mI = +1

2

〉
de l'état fondamental

et de l'état excité, et pour l'autre, des deux sous-niveaux
∣
∣mI = −1

2

〉
de l'état fondamental

et de l'état excité, comme représenté sur la �gure 2.2(a). Pour construire un système à
3 niveaux, il faut donc non seulement lever la dégénérescence sur les sous-niveaux |mI〉,
mais il faut aussi relaxer la règle de sélection. En présence d'un champ magnétique, l'e�et
Zeeman nucléaire seul induit un écart énergétique entre les sous-niveaux, identique dans
les deux états électroniques. Cependant, les deux systèmes à deux niveaux restent indé-
pendants, comme le montre la �gure 2.2(b). L'e�et Zeeman nucléaire ne su�t donc pas
pour créer un système à 3 niveaux où les deux sous-niveaux de l'état fondamental seraient
reliés par des transitions optiques au même sous-niveau de l'état électronique excité.

Comme nous l'avons présenté dans la partie 1.3.3, les ions en matrice subissent
d'autres interactions magnétiques que l'e�et Zeeman nucléaire : l'interaction hyper�ne,
l'e�et Zeeman électronique, l'interaction quadrupolaire électrique, le couplage entre l'inter-
action hyper�ne et l'e�et Zeeman électronique, et l'e�et Zeeman nucléaire. L'e�et Zeeman
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Fig. 2.2 � Ensemble de deux systèmes à deux niveaux indépendants dans Tm :YAG (a)
sans champ magnétique (b) avec champ magnétique, en ne tenant compte que de l'e�et
Zeeman nucléaire. Seules les transitions optiques autorisées par la règle de sélection sont
représentées.

électronique n'occasionne qu'un simple déplacement des niveaux, sans levée de dégéné-
rescence. Parmi toutes ces interactions, outre l'e�et Zeeman nucléaire et l'e�et Zeeman
électronique, la seule dont la contribution ne s'annule pas est le couplage au deuxième
ordre entre l'interaction Zeeman électronique et l'interaction hyper�ne. Dans le hamilto-
nien, le terme correspondant s'écrit :

2AJgJµB
~B · Λ · ~I (2.1)

où Λ est un tenseur d'ordre 3 dé�ni par :

Λαβ =
2J+1∑

n=1

〈0| Jα |n〉 〈n| Jβ |0〉
En − E0

(2.2)

où E0 est l'énergie de l'état |0〉 de plus basse énergie, et En l'énergie d'un autre état |n〉
du même multiplet électronique.

Le tenseur Λ étant a priori anisotrope, les états propres de l'interaction Zeeman nu-
cléaire exacerbée seront des mélanges des états propres de l'interaction Zeeman nucléaire
∣
∣mI = +1

2

〉
et

∣
∣mI = −1

2

〉
. Comme Λ dépend de chaque état électronique, ce mélange

entre les états
∣
∣mI = ±1

2

〉
peut être di�érent dans l'état fondamental et dans l'état excité.

Ceci permettrait de coupler optiquement les deux sous-niveaux de l'état fondamental à un
même sous-niveau de l'état excité, sans violer pour autant la règle de sélection ∆mI = 0.
On obtiendrait alors un système à trois niveaux e�cace.

Nous allons présenter maintenant les di�érentes étapes de la construction d'un système
en Λ dans le Tm :YAG.
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

2.2 Cadre théorique

2.2.1 Orientation des dipôles dans les sites de l'yttrium

Le groupe ponctuel de symétrie diédral d'ordre n, appelé Dn, est constitué du groupe
des rotations d'angle 2kπ/n (avec k entier) autour d'un axe d'ordre n (appelé axe prin-
cipal), combinées avec n rotations de π autour d'axes d'ordre 2 orthogonaux à l'axe
principal [85]. Dans le YAG, les sites de l'yttrium possèdent une symétrie D2. Ce groupe
se réduit à trois axes de symétrie d'ordre 2 perpendiculaires deux à deux. Le produit de
deux rotations de π autour de deux de ces axes correspond à une rotation de π autour du
troisième axe.

On a vu par ailleurs que comme l'ion thulium est un ion non-Kramers, lorsqu'il est
dopé dans un site de basse symétrie, tous les états électroniques sont des états singulets.
Comme les opérateurs de rotation du groupe de symétrie commutent avec le hamiltonien
du système, les états électroniques sont des états propres des opérateurs rotation, avec les
valeurs propres ±1. Ainsi, chaque état électronique possède un jeu de valeurs propres qui
caractérise ses propriétés de rotation autour des trois axes d'un site donné. Le produit de
ces trois valeurs propres doit être égal à +1.

Chaque élément de matrice de la transition entre deux états électroniques doit rester
inchangé à travers toute opération de symétrie, et cette invariance n'est satisfaite que pour
une seule des composantes du dipôle le long des axes du site. Nous allons illustrer cela
par un exemple. Considérons le cas décrit dans le tableau 2.1, où les états fondamental
et excité sont respectivement associés aux jeux de valeurs propres (1, 1, 1) et (1,−1,−1)

pour les trois rotations. La valeur propre associée à l'élément de matrice 〈g|µu |e〉 où
u ∈ {x, y, z} pour une rotation autour de l'un des axes locaux est donnée par le produit
des valeurs propres respectivement associées à l'état fondamental |g〉, la composante selon
u du dipôle ~µ et à l'état excité |e〉, pour la rotation considérée. Dans cet exemple, on
constate que seul l'élément de matrice selon x est invariant par toutes les opérations de
symétrie. Ainsi, dans cet exemple, les composantes du dipôle de transition sont nulles
suivant les axes y et z.

Si on généralise cet exemple à tous les jeux de valeurs propres possibles pour l'état
fondamental et l'état excité, on trouve que le moment dipolaire de la transition est néces-
sairement aligné le long de l'un des trois axes du site, et qu'il y a 3 orientations possibles
du dipôle de transition, qui sont dirigées selon les 3 axes x, y, et z. En prenant en compte
la symétrie cubique du cristal, on compte au total 9 orientations possibles pour le dipôle
de transition, bien que les sites soient tous équivalents du point de vue cristallographique.
On dit que les sites sont orientationnellement inéquivalents. Expérimentalement, seules
six de ces neuf orientations ont été observées. On a représenté en �gure 2.4 ces six groupes
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2.2 Cadre théorique

Valeur propre par rotation de π autour de
Ox Oy Oz

Etat fondamental 1 1 1
Etat excité 1 -1 -1

x 1 -1 -1
Moment dipolaire y -1 1 -1

z 1 -1 -1
x 1 1 1

Elément de matrice y -1 -1 1
z -1 1 -1

Tab. 2.1 � Propriétés de symétrie des éléments de matrice des composantes du dipôle
de transition entre l'état fondamental associé aux valeurs propres (1, 1, 1) et l'état excité
associé aux valeurs propres (1,−1,−1).

de sites par des prismes orthorhombiques, c'est-à-dire des parallélépipèdes rectangles, qui
symbolisent la symétrie D2 du champ cristallin [86, 87]. On dé�nit pour chaque site un
repère local (x, y, z), tel que par convention, le moment dipolaire est orienté dans la di-
rection y [56]. Les axes locaux (x, y, z) du site 1 sont orientés respectivement selon les
directions [11̄0], [110] et [001]. Les systèmes d'axes locaux des autres sites se déduisent de
celui-ci par les opérations de symétrie cubique du cristal. Considérons la maille élémen-
taire de forme cubique représentée dans la �gure 2.3. Une rotation d'angle π autour de
l'axe reliant le milieu de deux arêtes opposées du cube transforme le site 3 en site 6. Les
sites 3 et 5 (respectivement, les sites 2 et 4) s'obtiennent à partir du site 1 (respective-
ment à partir du site 6) par des rotation d'angle 2π/3 autour de la direction [111]. Cette
rotation amène également le site 6 sur les sites 2 et 4.

Une conséquence de l'existence de ces six sites est la multiplicité des pulsations de
Rabi lorsque le cristal de Tm3+:YAG est excité par un faisceau lumineux [87]. En e�et,
la pulsation de Rabi est dé�nie par :

Ω =
~µ · ~E

~
(2.3)

où ~µ représente le moment dipolaire de la transition et ~E le champ électrique. Si le
champ électrique forme un angle di�érent avec chacun des 6 groupes de dipôles, alors la
pulsation de Rabi pourra prendre jusqu'à 6 valeurs di�érentes selon le site considéré. On
a tout intérêt à faire en sorte que les sites excités présentent tous la même projection
du moment dipolaire sur la direction de polarisation du champ excitateur, a�n que les
pulsations de Rabi non nulles soient toutes égales. Dans les travaux présentés ici, on a �xé
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG
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Fig. 2.3 � Rotations du groupe de symétrie cubique : rotation d'axe 2π/3 autour de l'axe
[111]. (ligne pointillée), et rotation d'angle π autour de l'axe AB reliant les milieux des
arêtes opposées (ligne continue).

la direction de propagation du champ excitateur le long de [11̄0] dans le repère cristallin,
comme illustré dans la �gure 2.4. Le vecteur champ électrique sera donc orienté dans le
plan orthogonal à [11̄0]. Dans ce cas, il existe au moins deux polarisations du champ pour
lesquelles tous les ions sont excités avec la même pulsation de Rabi :

(a) Si le champ électrique est polarisé selon [111], les pulsations de Rabi qui décrivent
l'interaction entre la lumière et les ions des sites 2, 4, et 6, sont nulles. En e�et,
les dipôles correspondants sont perpendiculaires au champ électrique, donc ces ions
ne sont pas excités. Les trois sites restants, 1, 3, et 5, ont même pulsation de Rabi.
Le produit scalaire du vecteur unitaire colinéaire au champ électrique et du vecteur
unitaire colinéaire au dipôle du site 1 par exemple, vaut :
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(b) Si le champ est polarisé selon [001], ce sont les sites 1 et 2 qui ne sont pas excités car
leurs moments dipolaires sont orthogonaux au champ électrique. Les dipôles des sites
restants (3, 4, 5, et 6) forment un angle de π/4 avec la direction du champ électrique.
Le produit scalaire du vecteur unitaire colinéaire au champ électrique et du vecteur
unitaire colinéaire au dipôle du site 3 par exemple, vaut :






0

0

1




 ·






0

1/
√

2

1/
√

2




 =

1√
2

(2.5)
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Fig. 2.4 � Orientation des 6 sites de l'yttrium dans le YAG. Chaque parallélépipède
symbolise la symétrie D2 du champ cristallin. Le dipôle de transition de chaque site est
orienté selon la direction de la plus grande dimension du parallélépipède, c'est-à-dire l'axe
y. Les axes x, y et z représentés ici sont les axes locaux du site 1. Le faisceau excitateur
se propage dans la direction [11̄0].

La pulsation de Rabi est 2/
√

3 plus grande dans le cas (a) que dans le cas (b). Le coe�cient
d'absorption α, lui, est proportionnel au nombre d'ions excités et au carré de la projection
du moment dipolaire le long du champ électrique. On a donc :

α[111]

α[001]

=
3(

√
2
3
)2

4( 1√
2
)2

= 1 (2.6)

Le coe�cient d'absorption est donc le même dans les deux cas considérés. Le plus grand
nombre d'atomes excités dans le cas (b) compense la plus faible interaction avec le champ
électrique.

2.2.2 Construction d'un système en Λ

Interaction Zeeman nucléaire exacerbée

Comme on l'a vu précédemment, au deuxième ordre de perturbation, le terme domi-
nant du hamiltonien donné par l'équation (1.23) est le terme H ′

Zn d'interaction Zeeman
nucléaire exacerbée, qui décrit l'interaction Zeeman nucléaire et le couplage au deuxième
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

ordre entre l'interaction hyper�ne et l'e�et Zeeman électronique. Or comme les sites sont
de symétrie D2, leurs axes locaux (x, y, z) sont également les axes principaux du tenseur
Λ dé�ni par l'équation (2.2). Cela signi�e que le tenseur Λ est diagonal dans le repère
local de chaque site dé�ni en partie 2.2.1. La dé�nition de l'orientation du site est cruciale
quand un champ magnétique extérieur est appliqué, puisque Λ est anisotrope et n'est donc
pas invariant vis-à-vis de la permutation des axes. Dans le repère local d'un site donné,
H ′

Zn peut donc s'écrire :

H ′
Zn = −~ (γxBxIx + γyByIy + γzBzIz) (2.7)

où x, y et z sont les axes principaux du tenseur Λ, qui coïncident avec le repère local de
chaque site. Les facteurs gyromagnétiques sont donnés par :

γα = γn +
2gJµBAJΛαα

~
(2.8)

Soit |+〉 =
∣
∣mI = +1

2

〉
et |−〉 =

∣
∣mI = −1

2

〉
les états propres de l'opérateur Iz. Dans

la base {|+〉 , |−〉}, les opérateurs Ix, Iy, et Iz s'écrivent :

Ix =
1

2

(

0 1

1 0

)

Iy =
1

2

(

0 i

−i 0

)

Iz =
1

2

(

1 0

0 −1

)

(2.9)

Dans cette base, le hamiltonien H ′
Zn s'écrit :

H ′
Zn = −~

2

(

γzBz γxBx + iγyBy

γxBx − iγyBy −γzBz

)

(2.10)

Soient |1〉 et |2〉 les états propres du hamiltonien total dans l'état électronique fon-
damental, et |3〉 et |4〉 les états propres du hamiltonien dans l'état électronique excité.
Un système à trois niveaux en Λ est caractérisé par le rapport R entre les probabilités de
transition selon les deux branches du Λ. S'il est construit par exemple sur les états |1〉,
|2〉 et |3〉 de l'état excité, comme schématisé sur la �gure 2.5, le rapport R peut s'écrire :

R =

∣
∣
∣
∣

〈2|3〉
〈1|3〉

∣
∣
∣
∣

2

(2.11)

Les états |1〉 et |2〉 (respectivement, |3〉 et |4〉) ont la même fonction d'onde électro-
nique car ils appartiennent tous deux à l'état électronique fondamental 3H6(0) (respective-
ment, excité 3H4(0)). Ils peuvent s'écrire comme le produit tensoriel de l'état électronique
|Ψg〉 ou |Ψe〉 et de leur partie nucléaire :

|1〉 = |Ψg〉 ⊗ |1〉nucl et |2〉 = |Ψg〉 ⊗ |2〉nucl (2.12)
|3〉 = |Ψe〉 ⊗ |3〉nucl et |4〉 = |Ψe〉 ⊗ |4〉nucl (2.13)
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Fig. 2.5 � Système à 3 niveaux construit sur les états |1〉, |2〉 et |3〉.

Le rapport de branchement s'exprime donc simplement en fonction des parties nucléaires
des états sur lesquels est construit le système en Λ :

R =

∣
∣
∣
∣

〈|Ψg〉 ⊗ |2〉nucl | |Ψe〉 ⊗ |3〉nucl〉
〈|Ψg〉 ⊗ |1〉nucl | |Ψe〉 ⊗ |3〉nucl〉

∣
∣
∣
∣

2

=

∣
∣
∣
∣

〈Ψg|Ψe〉
〈Ψg|Ψe〉

〈2|3〉nucl

〈1|3〉nucl

∣
∣
∣
∣

2

(2.14)

R =

∣
∣
∣
∣

〈2|3〉nucl

〈1|3〉nucl

∣
∣
∣
∣

2

(2.15)

Dans un système en Λ idéal, les deux transitions ont des probabilités égales, et le rapport
de branchement est égal à 1. Si par contre l'une des transitions est interdite, alors R = 0

ou R = ∞.
Dans toute la suite, on dé�nit le rapport de branchement comme le quotient entre la

probabilité de la transition faible et la probabilité de la transition forte du système en Λ.
Il est donc toujours inférieur à 1. Optimiser le système en Λ consiste donc à maximiser le
rapport de branchement.

On a considéré jusqu'ici le système en Λ construit sur les 3 niveaux |1〉, |2〉 et |3〉. On
peut construire de manière équivalente le système en Λ sur les niveaux |1〉, |2〉 et |4〉. Leurs
rapports de branchement sont égaux. En e�et, les probabilités des transitions |1〉 → |3〉
et |2〉 → |4〉 sont égales. De même, les probabilités des transitions |1〉 → |4〉 et |2〉 → |3〉
sont égales.1

R123 =

∣
∣
∣
∣

〈2|3〉
〈1|3〉

∣
∣
∣
∣

2

=

∣
∣
∣
∣

〈1|4〉
〈2|4〉

∣
∣
∣
∣

2

= R124 (2.16)

Le choix parmi les deux sous-niveaux de l'état excité ne modi�e donc pas le rapport de
branchement.

Champ magnétique e�ectif

On peut se représenter l'interaction Zeeman nucléaire exacerbée comme un e�et Zee-
man nucléaire dû à un champ magnétique e�ectif ~Be�, égal à la somme du champ ma-

1Nous verrons dans le chapitre 3 que les moments dipolaires de ces transitions, eux, ne sont pas égaux.
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

gnétique appliqué et du champ magnétique additionnel dû à la réorientation des nuages
électroniques sous l'e�et du champ magnétique appliqué. En e�et, l'opérateur hamilto-
nien Zeeman nucléaire exacerbé H ′

Zn donné dans l'équation (2.7) peut s'écrire aussi sous
la forme :

H ′
Zn = −~γn

~Be� · ~I (2.17)
où γn est le facteur gyromagnétique du noyau, et ~Be� est le champ magnétique e�ectif,
dé�ni par :

~Be� =
1

γn

(γxBx, γyBy, γzBz) (2.18)

On dé�nit en�n le vecteur unitaire ~be� comme le vecteur directeur du champ magnétique
e�ectif ~Be�.

Le hamiltonien Zeeman nucléaire exacerbé H ′
Zn est donné sous forme matricielle dans

l'équation (2.10). Il admet deux valeurs propres distinctes :
{

E1 = −~

2

√
γ2

xB
2
x + γ2

yB
2
y + γ2

zB
2
z

E2 = +~

2

√
γ2

xB
2
x + γ2

yB
2
y + γ2

zB
2
z

(2.19)

L'interaction Zeeman nucléaire exacerbée provoque donc une levée de dégénérescence des
sous-niveaux de spin nucléaire. L'éclatement (ou splitting) en fréquence ∆ entre les sous-
niveaux est :

∆ =
E2 − E1

~
=

√

γ2
xB

2
x + γ2

yB
2
y + γ2

zB
2
z (2.20)

Le champ magnétique e�ectif unitaire ~be� peut s'écrire de façon simple :

~be� =
1

∆
(γxBx, γyBy, γzBz) = (X, Y, Z) (2.21)

Dans la base {|+〉 , |−〉}, en fonction des coordonnées de ~be�, le hamiltonien H ′
Zn se met

sous la forme :
H ′

Zn = −~∆

2

(

Z X + iY

X − iY −Z

)

(2.22)

Soit |1〉 et |2〉 les deux vecteurs propres du hamiltonien H ′
Zn relatifs aux valeurs

propres E1 et E2. On a :

|1〉 =
1

√

2(1 − Z)

(

X + iY

1 − Z

)

et |2〉 =
1

√

2(1 + Z)

(

X + iY

−1 − Z

)

(2.23)

avec E1 = −~∆

2
et E2 = +

~∆

2
(2.24)

D'après l'expression (2.15), on peut montrer que le rapport de branchement s'exprime
directement comme une fonction des vecteurs unitaires ~bg

e� et ~be
e� :

R =
‖~be

e� ×~bg
e�‖2

(1 +~be
e� ·~bg

e�)
2

(2.25)
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2.2 Cadre théorique

Cette expression peut aussi se mettre sous la forme suivante :

R =

(

1 −~be
e� ·~bg

e�
1 +~be

e� ·~bg
e�

)2

=

(
1 − cos αe�
1 + cos αe�

)2

= tan2 αe�
2

(2.26)

où αe� représente l'angle formé par les deux vecteurs ~Bg
e� et ~Be

e�. Le rapport de branche-
ment dépend exclusivement de la direction relative des vecteurs ~Bg

e� et ~Be
e�. Si les champs

magnétiques e�ectifs sont colinéaires, alors R = 0. Si au contraire les champs magnétiques
sont orthogonaux, on obtient un système en Λ idéal, avec R = 1.

Remarquons aussi que, pour maximiser le rapport de branchement R, il faut que
l'angle αe� soit soit aussi proche de ±π/2 que possible. Cela équivaut à maximiser la
quantité | sin αe�| qui est égale à la norme du produit vectoriel ‖~be

e� ×~bg
e�‖.

2.2.3 Optimisation du champ magnétique appliqué
Propriétés d'anisotropie du tenseur gyromagnétique

Un calcul complet du champ cristallin dans le Tm3+:YAG a été réalisé en 2005 par
Olivier Guillot-Noël et Philippe Goldner [88], en particulier a�n de déterminer théori-
quement les composantes du tenseur gyromagnétique, et de prévoir comment obtenir un
système à 3 niveaux en Λ optimal. Les valeurs théoriques des composantes du tenseur Λ

et du tenseur gyromagnétique γ sont données dans le tableau 2.2.

Etat fondamental 3H6(0) Etat excité 3H4(0)
Λxx −4 × 10−4 −7 × 10−4

Λyy −1, 7 × 10−2 −2, 7 × 10−3

Λzz −2 × 10−4 −1 × 10−4

γx (MHz/T) 18,9 22,3
γy (MHz/T) 559,6 75,2
γz (MHz/T) 11,2 6,3

Tab. 2.2 � Valeurs théoriques des composantes des tenseurs Λ et γ dans le repère local
de chaque site du Tm :YAG [88].

On peut déduire de ces valeurs plusieurs propriétés :
(i) Le tenseur γ est fortement anisotrope, dans l'état fondamental comme dans l'état

excité : {

γ
(g)
y ≫ γ

(g)
x , γ

(g)
z

γ
(e)
y ≫ γ

(e)
x , γ

(e)
z

(2.27)
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(ii) L'anisotropie dans le plan (x, z) est similaire dans les états fondamental et excité :
(

γ
(g)
x

γ
(g)
z

− γ
(e)
x

γ
(e)
z

)2

≪
(

γ
(g)
x

γ
(g)
z

+
γ

(e)
x

γ
(e)
z

)2

(2.28)

(iii) L'anisotropie dans le plan (x, y) est bien plus importante dans l'état fondamental
que dans l'état excité :

γ
(g)
y

γ
(g)
x

≫ γ
(e)
y

γ
(e)
x

(2.29)

Nous appellerons cette propriété la disparité d'anisotropie du tenseur gyromagné-
tique dans le plan (x, y).

(iv) Le tenseur gyromagnétique présente aussi une disparité d'anisotropie dans le plan
(y, z), mais celle-ci est moins importante que dans le plan (x, y).

γ
(g)
y

γ
(g)
x

/
γ

(e)
y

γ
(e)
x

≫ γ
(g)
y

γ
(g)
z

/
γ

(e)
y

γ
(e)
z

(2.30)

On peut tout d'abord étudier les conséquences de la propriété (i) qui rend compte de la
forte anisotropie du tenseur γ. Si le champ magnétique appliqué possède une composante
importante selon Oy, les champs magnétiques e�ectifs dans les deux états électroniques
vont être quasiment alignés avec l'axe Oy. L'angle αe� entre ces deux champs e�ectifs sera
alors très faible, et le rapport de branchement quasiment nul. On a donc intérêt à orienter
le champ magnétique appliqué ~B de façon à ce qu'il ait une faible composante selon Oy.
Cependant, le champ magnétique ne doit pas non plus être appliqué orthogonalement
à l'axe Oy. En e�et, la propriété (ii) signi�e que les deux champs magnétiques e�ectifs
seraient alors quasiment colinéaires dans le plan (x, z).

Considérons un champ magnétique appliqué dans le plan (x, z). Si, partant de 0, on
ajoute progressivement à ce champ une composante à ce champ sur l'axe Oy, la com-
posante selon Oy du champ e�ectif ~Bg

e� va croître beaucoup plus rapidement que celle
du champ ~Be

e�, à cause de la propriété (iii) (disparité d'anisotropie dans le plan (x, y)).
L'angle αe� entre les deux champs magnétiques e�ectifs devrait être important dans cette
con�guration où la composante By du champ magnétique appliqué est faible mais non
nulle.

Borne inférieure pour le rapport de branchement

Dans cette partie, nous allons chercher à optimiser le rapport de branchement R,
dans le cas particulier où le champ magnétique appliqué ne peut évoluer que dans un plan
spéci�que, et pas dans tout l'espace. Nous obtiendrons alors une borne inférieure pour le
rapport de branchement maximal attendu sans cette contrainte.
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2.2 Cadre théorique

Supposons que le champ magnétique appliqué soit contenu dans le plan (x, y). On
cherche l'orientation optimale du champ appliqué qui donnera un rapport de branchement
proche de 1. D'après les remarques précédentes, on sait que cette orientation sera obtenue
pour un angle ξ entre le champ magnétique appliqué et l'axe Ox assez faible. Si ξ ≪ 1,
les coordonnées dans le repère (x, y, z) du champ ~B peuvent s'écrire :

~B =






Bx

By

Bz




 ≃






B0

B0ξ

0




 (2.31)

Les splittings sont donnés par l'expression (2.20). Dans le cas particulier considéré,

∆j ≃ γ(j)
y B0

√

r2
j + ξ2 (2.32)

où rj = γ
(j)
x /γ

(j)
y et (j) désigne l'état électronique considéré : (g) pour le fondamental et

(e) pour l'excité. Les champs magnétiques e�ectifs unitaires donnés par l'expression (2.21)
deviennent ici :

~b
(j)
e� ≃ 1

√

r2
j + ξ2






rj

ξ

0




 (2.33)

Comme on l'a remarqué dans la partie 2.2.2, pour maximiser le rapport de bran-
chement, il su�t de maximiser la norme du produit vectoriel entre les deux champs
magnétiques e�ectifs unitaires ~b

(e)
e� et ~b

(g)
e� . Celle-ci s'écrit :

‖~b(e)
e� ×~b

(g)
e� ‖ = | sin αe�| =

|ξ(re − rg)|
√

r2
e + ξ2

√
r2
g + ξ2

(2.34)

Cette quantité est maximale pour ξ = ξ0 = ±√
rerg et elle vaut :

| sin αe�| =
|re − rg|
re + rg

(2.35)

On en déduit aisément :

cos αe� =
√

1 − sin2 αe� =
2
√

rerg

re + rg

(2.36)

Le rapport de branchement maximum obtenu pour ξ = ξ0 est donc :

Rmax = R(ξ = ξ0) =
1 − cos αe�
1 + cos αe�

=

(√
re −√

rg√
re +

√
rg

)2

(2.37)

Soit ∆
(0)
g et ∆

(0)
e les splittings respectifs des états fondamental et excité lorsque By = 0.

D'après l'équation (2.32),
∆

(0)
j = γ(j)

y B0 rj (2.38)
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Le rapport de branchement maximal et l'angle ξ0 pour lequel ce rapport de branchement
est obtenu peuvent s'écrire en fonction de ces splittings :

Rmax =





√

∆
(0)
g /γ

(g)
y −

√

∆
(0)
e /γ

(e)
y

√

∆
(0)
g /γ

(g)
y +

√

∆
(0)
e /γ

(e)
y





2

(2.39)

ξ0 =
1

B0

√
√
√
√∆

(0)
g ∆

(0)
e

γ
(g)
y γ

(e)
y

(2.40)
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ξ

ϕ

Fig. 2.6 � Dé�nition des coordonnées du champ magnétique appliqué ~B dans le repère
(x, y, z) pour la détermination d'une borne inférieure pour le rapport de branchement.

Ce résultat peut être généralisé au cas où le champ magnétique appliqué ~B n'est pas
nécessairement dans le plan (x, z). Supposons que le champ magnétique appliqué ~B soit
donné par les angles polaires ξ et ϕ comme représenté dans la �gure 2.6. L'angle ϕ est
�xé, et on recherche l'angle ξ pour lequel le rapport de branchement sera optimal. Comme
dans la discussion du paragraphe précédent, on s'intéresse à la quantité ‖~b(e)

e� ×~b
(g)
e� ‖. Si les

anisotropies dans le plan (x, z) entre l'état électronique excité et le fondamental étaient
égales, on pourrait calculer analytiquement l'angle ξ′0 pour lequel la quantité ‖~b(e)

e� ×~b
(g)
e� ‖

est maximale :
tan ξ′0 =

√
∆g∆e

√

γ
(g)
y γ

(e)
y

(2.41)

Or, d'après la propriété (ii) énoncée en partie 2.2.3, ces anisotropies sont similaires, et non
pas égales. L'angle ξ′0 ne correspond donc pas exactement au maximum de ‖~b(e)

e� ×~b
(g)
e� ‖, qui

est obtenu pour l'angle ξ0. En revanche, par dé�nition du maximum, le rapport de bran-
chement calculé à la position ξ′0 est nécessairement inférieur au rapport de branchement
maximum en ξ = ξ0.

R(ξ0) = Rmax ≥ R(ξ′0) (2.42)
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De plus, R(ξ′0) véri�e :

R(ξ′0) ≥





√

∆
(0)
g /γ

(g)
y −

√

∆
(0)
e /γ

(e)
y

√

∆
(0)
g /γ

(g)
y +

√

∆
(0)
e /γ

(e)
y





2

(2.43)

où ∆
(0)
g et ∆

(0)
e sont les splittings respectifs des états fondamental et excité mesurés pour

un champ magnétique tel que ξ = 0 et que ϕ est l'angle qui a été �xé au début de la
discussion.

Ainsi, on peut donner une borne inférieure au rapport de branchement maximal que
l'on puisse obtenir sur un système en Λ lorsqu'on écarte progressivement le champ ma-
gnétique appliqué du plan (x, z), en gardant un angle ϕ �xé :

Rmax ≥





√

∆
(0)
g /γ

(g)
y −

√

∆
(0)
e /γ

(e)
y

√

∆
(0)
g /γ

(g)
y +

√

∆
(0)
e /γ

(e)
y





2

(2.44)

On pourra trouver la démonstration complète de ce résultat dans la référence [89].

2.2.4 Splittings et rapport de branchement pour di�érents sites
La discussion qui précède ne prend pas en compte la multiplicité des sites dans le cas

particulier du Tm3+ :YAG. Or, dans l'expression (2.7) du hamiltonien nucléaire Zeeman
exacerbé, les coordonnées du champ magnétique appliqué sont exprimées dans le repère
local (x, y, z) d'un site de substitution. Comme il existe 6 orientations possibles pour les
sites du Tm3+ inséré dans le YAG, les splittings ∆g et ∆e ainsi que le rapport de branche-
ment R peuvent être di�érents pour chaque site. Les sites sont alors dits magnétiquement
inéquivalents. Cependant, en orientant le champ magnétique dans une direction bien choi-
sie, il est possible de former des groupes de sites magnétiquement équivalents, c'est-à-dire
tels que les coordonnées du champ magnétique dans le repère local sont les mêmes d'un
site à l'autre. Les splittings et le rapport de branchement seront donc égaux pour tous les
ions des sites appartenant à un tel groupe. Par exemple, si on oriente le champ magnétique
dans la direction [111], les 6 sites se divisent en 2 groupes de sites équivalents : les sites
1, 3, et 5 d'une part, et les sites 2, 4, et 6 d'autre part.

Dans toute la suite de ce manuscrit, le champ magnétique est orienté dans le plan
bissecteur orthogonal à [11̄0]., comme représenté sur la �gure 2.7. Dans cette con�guration,
les 6 sites peuvent se regrouper en 4 familles de sites magnétiquement équivalents : {1},
{2}, {3, 5}, et {4, 6}. On appelle θ l'angle entre la direction du champ magnétique et la
direction verticale [001]. Dans les axes cristallins, le champ magnétique s'écrit :

53



Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

�����
�����

�����

�����

�

�
��

	

�����

�




�

�

�

θ

Fig. 2.7 � Equivalence des sites de substitution du thulium pour un champ magnétique
~B orienté dans le plan bissecteur orthogonal à [11̄0]. Les sites 3 et 5 (en bleu) sont
équivalents, et les sites 4 et 6 (en vert) sont équivalents. Le système d'axes locaux (x, y, z)

est spéci�que au site 1.

~B = B0






sin θ√
2

sin θ√
2

cos θ




 (2.45)

Pour calculer les écarts énergétiques dûs à l'interaction Zeeman exacerbée, on doit
exprimer le champ ~B dans le repère local de chacun des sites.

Site 1 : ~B = B0






0

sin θ

cos θ




 Site 2 : ~B = B0






sin θ

0

cos θ




 (2.46)

Sites 3 et 5 : ~B = B0






− cos θ√
2

+ sin θ
2

cos θ√
2

+ sin θ
2

− sin θ√
2




 Sites 4 et 6 : ~B = B0






cos θ√
2

+ sin θ
2

cos θ√
2
− sin θ

2

− sin θ√
2




 (2.47)

Nous allons maintenant utiliser les valeurs théoriques des composantes du tenseur
gyromagnétique données dans le tableau 2.2 pour prévoir les écarts énergétiques entre
les sous-niveaux et le rapport de branchement d'un système en Λ construit sur ces sous-
niveaux lorsqu'on applique un champ magnétique.

A partir des coordonnées du champ magnétique et de l'équation (2.20), on peut cal-
culer les écarts énergétiques ∆e et ∆g entre les sous-niveaux. Les �gures 2.8(a) et 2.8(b)
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représentent respectivement les écarts énergétiques ∆e et ∆g lorsque l'angle θ varie de
−90◦ à 90◦. On a également tracé sur la �gure 2.9 le rapport de branchement R calculé
d'après les équations (2.21) et (2.26).
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Fig. 2.8 � Ecarts énergétiques calculés pour les di�érentes classes de sites, en fonction
de l'angle θ entre la direction du champ magnétique et la direction verticale [001]. On
a utilisé les valeurs théoriques du tenseur gyromagnétique données dans le tableau 2.2.
L'angle θ0 = arccos 1/

√
3 correspond à un champ magnétique appliqué dans la direction

[111].

D'après ces trois �gures, on voit dans quels ions on pourra obtenir un système en Λ

e�cace.
Sites 4 et 6 Les écarts énergétiques ∆e et ∆g sont minimaux pour les sites 4 et 6 lorsque
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Fig. 2.9 � Rapport de branchement pour les di�érentes classes de sites

l'angle θ = θ0 = arccos 1/
√

3 ≃ 54, 74◦, c'est-à-dire lorsque le champ magnétique
est dirigé selon l'axe [111]. Cela correspond à l'annulation de la composante By du
champ appliqué dans le repère local des sites 4 et 6. Or on a vu dans la partie 2.2.3
que le maximum du rapport de branchement devait se trouver à proximité de cette
orientation. Si on s'intéresse à la �gure 2.9, on peut constater que le rapport de
branchement est e�ectivement minimum en θ = θ0, et croît rapidement autour de
cette valeur. Dans les sites 4 et 6, le rapport de branchement est maximum pour
θ = 49◦ (Rmax = 0, 240) et θ = 60, 1◦ (Rmax = 0, 237).

Sites 3 et 5 Les sites 3 et 5 ont un comportement symétrique des sites 4 et 6 par rapport
à θ = 0. Le rapport de branchement passe par deux maxima, symétriques de ceux
des sites 4 et 6 : θ = −49◦ (Rmax = 0, 240) et θ = −60, 1◦ (Rmax = 0, 237).

Site 1 De même, les écarts énergétiques ∆e et ∆g sont minimaux pour le site 1 lorsque
la composante By du champ magnétique s'annule, c'est-à-dire quand le champ ma-
gnétique est dirigé selon l'axe [001]. L'angle θ vaut alors θ = 0. Cela correspond
aussi à un minimum du rapport de branchement, que l'on peut voir sur la �gure 2.9,
Tout près de ce minimum, on observe deux maxima, en θ = ±2, 3◦ pour lesquels
Rmax = 0, 118. La di�érence entre ce rapport de branchement maximum et celui
observé pour les sites 3, 4, 5, et 6 s'explique à l'aide de la propriété (iv) énoncée
dans la partie 2.2.3. En e�et, quel que soit θ, le champ magnétique appliqué ne
possède pas de composante selon x dans le site 1. Comme nous l'avons déjà men-
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2.2 Cadre théorique

tionné, l'e�cacité du système en Λ repose sur la forte disparité d'anisotropie des
composantes du tenseur gyromagnétique. Or, si le champ magnétique n'a pas de
composante selon x, c'est seulement l'anisotropie dans le plan (y, z) qui détermine
l'e�cacité du système en Λ. Et d'après la propriété (iv), la disparité d'anisotropie
est plus faible dans le plan (y, z) que dans le plan (x, y). C'est pourquoi le rapport
de branchement dans le site 1 ne peut être supérieur au rapport de branchement
maximal calculé pour les sites 3, 4, 5, ou 6.

Site 2 Quel que soit l'angle θ, la composante du champ magnétique sur l'axe local y

du site 2 est toujours nulle. C'est pourquoi les splittings ∆e et ∆g pour le site 2
sont beaucoup plus faibles que dans tous les autres sites cristallins. D'autre part,
d'après la propriété (ii) énoncée dans la partie 2.2.3, comme le champ magnétique
est dans le plan (x, z) du site, les champs magnétiques e�ectifs ~b

(g)
e� et ~b

(e)
e� seront

quasiment colinéaires. Ainsi, le rapport de branchement restera faible pour toutes
les orientations possibles du champ magnétique considérées ici. La �gure 2.9 illustre
bien ce comportement spéci�que du site 2.

Nous ne devons pas perdre de vue que l'objectif de cette étude est d'obtenir un groupe
d'ions aussi nombreux que possibles, tous magnétiquement équivalents, et présentant un
système en Λ su�samment e�cace (avec un rapport de branchement proche de 1). D'après
la discussion qui précède, ce sont les ions des sites 4 et 6 d'une part, ou 3 et 5 d'autre part,
qui répondent le mieux à ces critères, avec un rapport de branchement maximum de 0, 24.
Il faut noter ici que les sites 3 et 5 ont un comportement parfaitement symétrique de celui
des sites 4 et 6. Ainsi, on pourra considérer indi�éremment les sites 3 et 5 pour un champ
magnétique proche de la direction [1̄1̄1], ou les sites 4 et 6 pour un champ magnétique
proche de la direction [111].

Les ions du site 1 ne conviennent pas car ils présentent un rapport de branchement
deux fois inférieur à celui des sites 4 et 6 par exemple, ils sont aussi deux fois moins nom-
breux. En�n, les ions du site 2 sont encore moins favorables car ils sont peu nombreux et
leur rapport de branchement est inférieur à 0, 05. On peut éliminer ce site dé�nitivement,
en excitant le cristal de Tm3+:YAG avec un faisceau laser se propageant le long de la
direction [11̄0], c'est-à-dire parallèlement au dipôle de transition du site 2. Dans ce cas,
le champ électrique étant orthogonal à la direction de propagation, la pulsation de Rabi
décrivant l'interaction entre le champ excitateur et les ions du site 2 est nulle quelle que
soit la direction de polarisation du champ excitateur.

Remarquons que même pour les sites les plus favorables, la transition interdite devient,
au mieux, faiblement permise. Dans toute la suite de ce manuscrit, on appellera transitions
fortes les transitions |1〉 → |3〉 et |2〉 → |4〉 et "transitions faibles" les transitions croisées
|1〉 → |4〉 et |2〉 → |3〉. Ces transitions sont représentées dans la �gure 2.10. Leurs moments
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dipolaires seront notés µs pour les transitions fortes et µw pour les transitions faibles.
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transitions 
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Fig. 2.10 � Transitions fortes et faibles dans le système à 4 niveaux du Tm3+ en champ
magnétique.

2.3 Expérience

2.3.1 Démarche expérimentale
On cherche dans un premier temps à déterminer expérimentalement les composantes

du tenseur gyromagnétique dans les deux états électroniques. Ces composantes sont reliées
par l'équation (2.20) aux écarts énergétiques induits par le champ magnétique. Ces écarts
énergétiques étant beaucoup plus faibles que l'élargissement inhomogène de la transition
optique, on ne peut pas résoudre la structure hyper�ne dans une expérience de spectro-
scopie par absorption classique. Il faut se tourner vers des techniques spéci�ques, comme
par exemple la spectroscopie par hole-burning spectral. La spectroscopie de hole-burning
consiste à modi�er d'abord les populations dans les états atomiques, et à étudier ensuite
la transmission d'un faisceau sonde balayé en fréquence. On visualise ainsi le pro�l d'ab-
sorption modi�é. La position des di�érents maxima et minima de transmission donne
directement la valeur des écarts énergétiques dans l'état fondamental et dans l'état ex-
cité. Nous utiliserons la spectroscopie de hole-burning pour mesurer les écarts énergétiques
pour di�érentes orientations du champ appliqué dans le plan orthogonal à [11̄0] (voir la
�gure 2.7), de façon à pouvoir en déduire les composantes du tenseur gyromagnétique.
A partir de ces composantes, nous déterminerons l'orientation du champ magnétique qui
donne un système en Λ optimal.

Nous allons ensuite mesurer le rapport de branchement du système en Λ lorsque le
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champ magnétique est appliqué dans la direction optimale déterminée auparavant. On
isole pour cela l'une des transitions par pompage optique à l'aide d'une série d'impulsions
balayées en fréquence, et on réalise une expérience simple sur le système à deux niveaux
que constitue la transition isolée.

Une première idée consiste à étudier l'absorption du matériau sur chaque transition
optique du Λ. Pour cela on observe l'intensité transmise à travers le cristal d'une impulsion
monochromatique de forme rectangulaire. Au début de l'impulsion, les ions absorbent
une partie du faisceau incident, donc l'intensité transmise est réduite. L'excitation sature
ensuite progressivement la transition, jusqu'à ce que les populations soient égales dans le
niveau fondamental et le niveau excité. Le cristal est alors parfaitement transparent, et
l'intensité transmise est égale à l'intensité incidente. En comparant l'intensité transmise
au début et à la �n de l'impulsion, on déduit l'absorption du matériau selon la transition
optique considérée.

On peut aussi comparer les réponses radiatives à une excitation optique sur les deux
branches du Λ. Nous réaliserons en particulier des expériences de nutation optique et
d'écho de photon. Dans l'expérience de nutation optique, comme précédemment, on ob-
serve l'intensité transmise à travers le cristal d'une impulsion rectangulaire, mais sur une
échelle de temps plus courte. Les cohérences optiques créées par l'impulsion émettent un
champ électromagnétique, qui s'ajoute au champ incident et modi�e la forme temporelle
de l'impulsion transmise. On peut déduire la pulsation de Rabi de l'interaction à partir
de la modi�cation de la forme temporelle de l'impulsion, pour les deux transitions du Λ.
Dans l'expérience d'écho de photon, on s'intéresse au champ rayonné par les cohérences
optiques, séparé temporellement des impulsions excitatrices. Son intensité est fonction du
moment dipolaire de la transition considérée et de la pulsation de la Rabi des impulsions
excitatrices. La comparaison des signaux d'écho de photon sur les deux transitions du Λ

donne accès au rapport de branchement.

Tous les processus décrits ci-dessus se produisent sur des échelles de temps variées
dans le Tm :YAG :

� Les expériences de hole-burning se déroulent sur une durée inférieure à la redis-
tribution des populations dans les sous-niveaux hyper�ns dans l'état fondamental
(quelques secondes).

� La mesure de l'absorption se déroule sur l'échelle de temps de la relaxation des
niveaux excités (quelques centaines de µs pour 3H4, et quelques ms pour 3F4).

� En�n, les expériences mettant en jeu la réponse radiative des ions (échos de photons
et nutation optique) se déroulent sur une échelle de temps inférieure à la durée de
vie des cohérences (une centaine de µs).
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2.3.2 Montage
Les processus que nous allons utiliser pour mesurer le rapport de branchement sont

résolus dans le temps, et non dans l'espace. C'est pourquoi on peut les observer à l'aide
d'un montage optique ne comportant qu'un seul faisceau.

Les expériences sont réalisées sur un échantillon de Tm3+:YAG de faible concentration
(0, 1%), d'épaisseur 5 mm, placé dans un cryostat à hélium liquide et refroidi entre 1,5 K
et 5 K. Il est taillé dans la direction orthogonale à l'axe [11̄0] qui coïncide avec la direction
de propagation du faisceau incident. L'échantillon est placé dans un champ magnétique
statique pour que la dégénérescence sur les niveaux hyper�ns soit levée. Au cours de
cette thèse, nous avons d'abord travaillé avec un cryostat à hélium liquide dépourvu
de bobines. Le champ magnétique était alors produit par deux aimants permanents en
samarium-cobalt placés de part et d'autre du cristal, comme représenté sur la �gure 2.11.
Un assortiment d'aimants et de porte-échantillons a été utilisé pour explorer di�érentes
orientations et amplitudes du champ magnétique, allant jusqu'à 0, 45 T. Plus tard, nous
avons pu travailler avec un cryostat Spectromag SM4 (Oxford Instruments) dans lequel des
bobines supraconductrices immergées dans l'hélium liquide peuvent produire un champ
magnétique jusqu'à 6 teslas.

aimant (SmCo)

pièce polaire

porte-échantillon

aimant (SmCo)

pièce polaire

échantillon

Fig. 2.11 � Vue éclatée du porte-échantillon utilisé dans le cryostat dépourvu de bobines.
Le champ magnétique produit par les aimants permanents est dirigé selon l'axe vertical
(dans le repère du laboratoire). L'ensemble est maintenu par des vis au bas de la canne
porte-échantillon.

On utilise une diode laser à 793 nm en cavité étendue, fermée par un réseau en
con�guration de Littrow. Cette source est asservie sur une cavité Fabry-Pérot de 10 cm
de haute �nesse (environ 3000) par la méthode de Pound-Drever-Hall [90]. La boucle
de rétroaction agit sur un cristal électro-optique intra-cavité. Le laser asservi o�re une
stabilité relative de 250 Hz sur une durée de l'ordre de 10 ms. Cet asservissement a été
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Fig. 2.12 � Montage expérimental pour la mesure des composantes du tenseur gyroma-
gnétique (ECDL : diode laser en cavité étendue ; AWG : Générateur de formes arbitraires ;
DG : générateur d'impulsions ; AO : modulateur acousto-optique ; APD : photodiode à
avalanche).

réalisé par Vincent Crozatier [73]. Non asservi, le laser a une largeur de raie de quelques
MHz sur plusieurs ms.

Le faisceau est ampli�é à l'aide d'un ampli�cateur à semi-conducteur BoosTA (Top-
tica). Il est ensuite �ltré spatialement dans une �bre optique monomode, puis est focalisé
dans un premier modulateur acousto-optique (AO1 sur la �gure 2.12) qui met en forme
les impulsions lumineuses en amplitude et en phase. Un générateur de formes arbitraires
(Sony Tektronix AWG 520) déclenché par un générateur d'impulsions (Stanford Research
DG535) produit point par point l'onde radio-fréquence utilisée pour commander le modu-
lateur acousto-optique AO1 à travers un ampli�cateur rf. Ce dispositif permet de mettre
en forme des impulsions avec une précision de 1 Gigaéchantillon/s. La puissance de l'onde
rf est ajustée de façon que l'AO1 fonctionne en régime linéaire, c'est-à-dire que le champ
électrique di�racté est proportionnel à la tension appliquée.

Une lame demi-onde placée à l'entrée du cryostat permet de tourner la polarisation
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du faisceau. L'angle de déviation du faisceau induit par le modulateur acousto-optique
dépend de la fréquence acoustique. Pour que la position du faisceau dans le cristal soit
indépendante de cette fréquence, le faisceau est focalisé dans l'échantillon, en con�guration
d'imagerie avec l'AO1. Le diamètre du faisceau à 1/e2 sur l'échantillon est de 800 µm
ou de 100 µm selon les expériences décrites dans ce chapitre. Le faisceau transmis est
ensuite focalisé dans un second modulateur acousto-optique (AO2). On le détecte sur une
photodiode à avalanche (Hamamatsu C5460), dont la tension de sortie est visualisée sur
un oscilloscope Tektronix TDS 3032B. L'AO2 est également commandé par le générateur
d'impulsions, a�n que son ouverture soit synchronisée avec les signaux peu intenses, et
que la photodiode soit protégée des impulsions excitatrices intenses.

2.3.3 Techniques mises en ÷uvre
Hole-burning spectral

A�n de mesurer les écarts énergétiques ∆g et ∆e entre les sous-niveaux hyper�ns,
nous avons réalisé des expériences de hole-burning spectral, ou creusement spectral. Ces
expériences sont composées d'une étape de gravure, pendant laquelle les populations ato-
miques sont modi�ées, et d'une étape de lecture, où l'on visualise cette modi�cation des
populations.

Considérons donc un échantillon de Tm3+:YAG plongé dans un champ magnétique. La
transition à 793 nm présente un élargissement inhomogène (20 GHz) gigantesque devant
les splittings hyper�ns du fait des défauts cristallins. Les ions pouvant être excités selon 4
transitions possibles, une excitation monochromatique à la fréquence ν0 peut être absorbée
par 4 classes d'ions dans la largeur inhomogène. Ces 4 classes sont schématisées dans la
�gure 2.13(a). A l'équilibre thermique, les atomes sont également répartis dans les deux
sous-niveaux fondamentaux. En e�et, l'énergie thermique kBT est de l'ordre de 30 GHz
à T = 2 K, ce qui est très largement supérieur à l'écart énergétique des sous-niveaux
hyper�ns. Dans chaque classe, le faisceau de gravure déplace les ions du sous-niveau
résonant vers le sous-niveau non résonant de l'état fondamental, par pompage optique.
La gravure est e�ectuée sous forme d'impulsions intenses répétées, séparées de 10 ms pour
que les ions stockés dans le niveau relais 3F4 puissent se désexciter vers les sous-niveaux
hyper�ns de l'état fondamental. Si le nombre de cycles est su�sant, on arrive à quasiment
vider le sous-niveau résonnant. Cette modi�cation des populations est schématisée dans
la �gure 2.13(b).

On visualise maintenant le pro�l d'absorption modi�é, à l'aide d'une impulsion balayée
linéairement en fréquence et su�samment atténuée pour ne pas induire de mouvement
d'atomes. On inventorie l'ensemble des fréquences qui correspondent à une transition
atomique, forte ou faible, dans le tableau 2.3. Les structures du spectre observées aux fré-
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quences ν0, ν0±∆g et ν0±∆e sont dues à des processus qui font intervenir des transitions
faibles et des transitions fortes. En revanche, les structures observées à ν0 ± (∆g − ∆e)

(respectivement, ν0±(∆g +∆e)) font uniquement intervenir des transitions fortes (respec-
tivement, faibles), aussi bien à la lecture qu'à la gravure. On suppose que le rapport de
branchement est su�samment faible pour que l'augmentation ou la diminution de l'ab-
sorption soit négligeable lorsque le faisceau sonde est résonnant avec une transition faible.
Cela revient à supposer que le faisceau sonde ne peut lire que des transitions fortes. En
particulier, la structure du spectre attendue à la fréquence ν0 ± (∆g + ∆e) ne pourra être
observé que lorsque le rapport de branchement atteint son maximum.

Dès que la fréquence du faisceau sonde coïncide avec celle d'une transition forte dans
n'importe laquelle des quatre classes d'ions représentées dans la �gure 2.13(b), la trans-
mission est modi�ée. Un manque d'atomes dans le sous-niveau résonant avec la sonde va
donner lieu à un trou, c'est-à-dire une diminution de l'absorption, ou une augmentation
de la transmission. Inversement, un excès d'atomes dans le sous-niveau résonant avec la
sonde va donner lieu à un anti-trou, c'est-à-dire une diminution de la transmission.
(i) Le déséquilibre de population dans les ions de la classe (i) engendre une modi�cation

de l'absorption du cristal aux fréquences ν0 (trou) et ν0 + ∆e − ∆g (antitrou).
(ii) Dans les ions de la classe (ii), on observe un trou à ν0 −∆e et un antitrou à ν0 −∆g.
(iii) Dans les ions de la classe (iii), on observe un trou à ν0 et un antitrou à ν0 +∆g −∆e.
(iv) En�n, dans les ions de la classe (iv), on observe un trou à ν0 + ∆e et un antitrou à

ν0 + ∆g.
L'intensité du faisceau sonde balayé linéairement en fréquence doit donc avoir l'allure
donnée en �gure 2.14.

La largeur des trous et anti-trous est intrinsèquement limitée par la largeur homogène
de la transition optique (à 1, 5 K, dans le Tm :YAG, elle est d'environ 3 kHz), mais ils
peuvent être élargis par di�érents phénomènes, intervenant pendant l'étape de gravure, ou
pendant l'étape de lecture, voire pendant les deux étapes de la séquence de hole-burning.

◦ Lors de l'étape de gravure, les ions sont portés dans le niveau excité sur une largeur
spectrale égale à la largeur spectrale du laser. Cependant, les trous gravés ne seront
pas élargis si l'on dispose d'une source dont la largeur est déjà inférieure à la largeur
homogène des transitions optiques (voir la discussion menée dans la partie 1.5).

◦ A basse température, la durée de vie des populations dans les sous-niveaux hyper�ns
peut devenir su�samment longue pour que les phases de gravure s'accumulent
sur plusieurs dizaines de cycles. Dans ce cas, les impulsions viennent creuser un
trou dans l'absorption d'un matériau déjà vide d'atomes à résonance, à cause des
gravures qui ont précédé. Ce sont alors les ailes du spectre des impulsions qui sont
absorbées. On appelle cet e�et l'élargissement par saturation du pompage optique.
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

�ν �ν �ν �ν

(i) (ii) (iii) (iv) (i) (ii) (iii) (iv)

��� ���

Fig. 2.13 � Principe du hole-burning spectral. (a) Etape de gravure : quatre classes
d'ions peuvent être excités par un faisceau monochromatique à ν0, correspondant à une
absorption selon 4 transitions possibles. A l'équilibre thermique, les populations sont
égales dans les deux sous-niveaux de l'état fondamental. L'étape de gravure déplace les
ions vers le sous-niveaux non-résonnant de l'état fondamental. (b) Etape de lecture : un
faisceau peu intense et balayé en fréquence sonde les populations déséquilibrées par l'étape
de gravure. Les transitions fortes et faibles sont représentées respectivement par des �èches
continues et pointillées. Les états intermédiaires 3H5 et 3F4 ne sont pas représentés.

Fréquence ν0 ν0 ± ∆e ν0 ± (∆g − ∆e) ν0 ± ∆g ν0 ± (∆g + ∆e)

Gravure S W S W S S W W
Lecture S W W S S W S W

Tab. 2.3 � Inventaire des di�érentes fréquences intervenant à la gravure et à la lecture
dans une expérience de hole-burning spectral. On a grisé les colonnes où la lecture était
e�ectuée sur une transition faible.

64



2.3 Expérience

Fréquence

Intensité
transmise

�ν

�
∆

� �
∆ −∆

�
∆

Fig. 2.14 � Exemple de spectre de hole-burning dans un système à 4 niveaux dans le cas
où ∆g > ∆e

Les systèmes (i) et (iii) (cf �gure 2.13), gravés selon une transition forte, sont plus
sensibles à ce type d'élargissement que les systèmes (ii) et (iv), gravés selon une
transition faible. On peut éliminer cet e�et, soit en augmentant la température pour
diminuer la durée de vie des populations dans les sous-niveaux hyper�ns, soit en
redistribuant les atomes dans les deux sous-niveaux fondamentaux à l'aide d'une
impulsion intense balayée en fréquence, intercalée entre deux séquences gravure-
lecture. Ainsi les phases de gravure ne pourront s'accumuler d'une séquence de à
l'autre.

◦ Si les splittings Zeeman ∆g et ∆e sont a�ectés d'un élargissement inhomogène
supérieur à la largeur spectrale des atomes excités, alors les trous et antitrous
latéraux auront une largeur supérieure à celle du trou central.

◦ La largeur de n'importe quelle structure sondée par un faisceau balayé en fréquence
est supérieure à√r où r = dν/dt. r est appelé le taux de chirp. Il est donc préférable
de balayer la fréquence du faisceau de lecture le plus lentement possible.

Remarquons que comme le Tm :YAG ne comporte que 4 niveaux en tout, les spectres
de hole-burning sont assez simples, pour peu que les splittings ∆g et ∆e soient assez
di�érents. Il en va di�éremment dans un matériau tel que le Pr3+:YSO . La structure des
ions Pr contenant 6 niveaux (3 sous-niveaux dans l'état fondamental, et 3 sous-niveaux
dans l'état excité), il en résulte une structure complexe de 7 trous et 42 anti-trous, que
l'on peut voir par exemple dans la référence [81].

La séquence d'impulsions utilisée pour observer un spectre de hole-burning est repré-
sentée sur la �gure 2.15. Elle est programmée dans le générateur de formes arbitraires.
La séquence de gravure comprend 10 impulsions monochromatiques de 50 µs séparées de
10 ms. Après un temps d'attente de 10 ms supplémentaires, on sonde la transmission du
cristal à l'aide d'une impulsion de lecture balayée linéairement en fréquence atténuée d'un
facteur 100 par rapport aux impulsions de gravure. La séquence comprend également une

65



Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

Intensité

�ν

Fréquence

Temps

Gravure Lecture

…

Repompage

Amplitude de la tension rf
appliquée à AO2

�

���
�

(a)

(b)

(c)

Fig. 2.15 � Séquence de hole-burning utilisée dans les expériences, comprenant les trois
étapes de gravure, lecture et repompage. Amplitude (a) et fréquence (b) de la tension rf
appliqué à l'AO1 ; (c) Amplitude de la tension rf appliqué à l'AO2.

impulsion de repompage balayée en fréquence qui permet de limiter les e�ets de la sa-
turation du pompage optique. Le modulateur acousto-optique AO2 (voir �gure 2.12) est
ouvert au moment de l'impulsion de lecture, peu intense. Il est fermé partout ailleurs a�n
de couper le mieux possible les impulsions intenses lors de la gravure et du repompage.

Mesure de l'absorption

Pour mesurer l'absorption d'un matériau selon une transition optique donnée, il faut
comparer l'intensité transmise par ce matériau à l'intensité incidente. Le phénomène de
saturation permet de mesurer simultanément ces deux quantités.

On considère un ensemble d'atomes présentant un système à deux niveaux |a〉 et |b〉.
Initialement, tous les atomes sont dans l'état de plus basse énergie |a〉. Cet ensemble est
excité à t = 0 par une impulsion monochromatique de forme rectangulaire, d'intensité I0

et résonnante avec la transition |a〉 → |b〉. On observe l'intensité transmise I(t) à travers
le cristal de cette impulsion. Au début de l'impulsion, les ions absorbent une partie du
faisceau incident, donc l'intensité transmise est réduite.

I(t = 0) = I0 e−αL (2.48)

où α est le coe�cient d'absorption du cristal, proportionnel à la di�érence de population
entre les deux niveaux. L'excitation porte les atomes vers le niveau excité |b〉, jusqu'à ce
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2.3 Expérience

que les populations soient égales dans les deux niveaux. Le cristal est alors parfaitement
transparent, c'est-à-dire que α = 0. L'intensité transmise est égale à l'intensité incidente
I0. En comparant l'intensité transmise au début de l'impulsion et longtemps après, on
déduit l'opacité αL du matériau selon la transition optique considérée.

αL = ln
I(t → ∞)

I(t = 0)
(2.49)

La densité optique D est reliée à l'opacité αL par :

e−αL = 10−D (2.50)

La mesure de l'intensité transmise à t = 0 et à t → ∞ donne donc accès à la densité
optique du matériau.

D = log10

I(t → ∞)

I(t = 0)
(2.51)

On a traité ici la saturation comme un processus incohérent, en raisonnant en termes
de population des niveaux. Cette approche ne vaut en toute rigueur que sur des échelles
de temps longues par rapport à la durée de vie des cohérences atomiques. Or, dans le
Tm :YAG, on peut saturer la transition en un temps beaucoup plus court que la durée de
vie de la cohérence qui atteint une centaine de µs [37]. Sur un temps aussi court, apparaît
le phénomène cohérent de nutation optique qui permet une mesure directe de la fréquence
de Rabi.

Mesure directe de la fréquence de Rabi par nutation optique

Lorsqu'un système à deux niveaux est illuminé par un champ monochromatique, il
est placé dans un état de superposition entre son état fondamental |a〉 et son état excité
|b〉 et il e�ectue des allers-retours entre les états |a〉 et |b〉, appelés oscillations de Rabi.
En e�et, lorsque l'amplitude du champ excitateur est constante, l'état de l'atome à tout
instant t peut être mis sous la forme [7] :

|ψ(t)〉 = a(t)e−iωat |a〉 + b(t)e−iωbt |b〉 (2.52)

où :

a(t) = e−i∆t/2

[(

cos
χt

2
+ i

∆

χ
sin

χt

2

)

a(0) + i
Ω

χ
sin

χt

2
b(0)

]

(2.53)

b(t) = ei∆t/2

[

i
Ω

χ
sin

χt

2
a(0) +

(

cos
χt

2
− i

∆

χ
sin

χt

2

)

b(0)

]

(2.54)

On note χ =
√

Ω2 + ∆2, ∆ désigne le désaccord (en rad.s−1) entre la pulsation du champ
excitateur ωL et la pulsation de la transition atomique, et Ω est la pulsation de Rabi de
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

l'excitation. Si l'atome est initialement dans l'état propre |a〉, la di�érence de population
entre le niveau excité et le niveau fondamental s'écrit :

w(t, Ω, ∆) = |b(t)|2 − |a(t)|2 = −∆2 + Ω2 cos χt

χ2
(2.55)

Elle varie sinusoïdalement avec la pulsation de Rabi généralisée χ =
√

Ω2 + ∆2. De plus,
la cohérence optique créée dans le milieu s'écrit :

ρab(t, Ω, ∆) = a∗(t)b(t)ei(ωa−ωb)t = −i
Ω

χ
sin

χt

2

(

cos
χt

2
− i

∆

χ
sin

χt

2

)

e−iωLt (2.56)

La cohérence optique ρab créée par le champ excitateur donne lieu à l'émission d'un
rayonnement à la pulsation ωL qui vient s'ajouter au champ excitateur. Si le milieu est
optiquement mince (αL ≪ 1), le champ électrique total après traversée du milieu atomique
par le faisceau peut s'écrire comme la somme du champ incident et des champs électriques
émis par chacun des atomes sur l'ensemble du pro�l inhomogène, et sur le pro�l spatial
transverse du faisceau.

Supposons qu'à t = 0, on envoie une impulsion monochromatique en forme d'échelon
et de pro�l spatial gaussien sur un grand nombre d'atomes dont les fréquences de transition
sont réparties sur une largeur inhomogène supposée in�nie. On suppose que tous les
atomes sont initialement dans leur état fondamental. L'intensité transmise après le début
de l'impulsion est de la forme [87] :

I(t) = I0

(

1 − 2αL
J1(Ωt)

Ωt

)

(2.57)

où I0 est l'intensité du faisceau incident. J1(x) est la fonction de Bessel de première espèce
d'ordre 1. La somme des rayonnements émis par tous les atomes vient moduler le champ
excitateur, pour donner un signal oscillant très amorti, dit de nutation optique. On a
représenté en �gure 2.16 un signal de nutation correspondant à une fréquence de Rabi
de Ω/2π = 1 MHz et une opacité de αL = 0, 7. Comme on l'avait prévu, à cause de
l'élargissement inhomogène optique supposé in�ni, les oscillations du signal de nutation
sont trop amorties pour que l'on puisse espérer en tirer une valeur précise de la période des
oscillations. On peut néanmoins mesurer directement la pulsation de Rabi, en repérant
l'instant t0 auquel le premier maximum du signal est observé. Lorsque l'opacité αL de
l'échantillon est faible devant 1, la position du premier maximum est indépendante de αL.
Cet instant est directement lié à la pulsation de Rabi de l'interaction par l'équation :

Ωt0 = 5, 1 rad (2.58)

Ainsi, dans l'exemple de la �gure 2.16, le premier maximum se trouve à t0 = 0, 81 µs
après le début de l'impulsion rectangulaire lorsque la fréquence de Rabi est de 1 MHz.
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Fig. 2.16 � Signal de nutation optique calculé pour un matériau de densité optique D =

0, 3, soit αL = 0, 7 (ligne noire), après passage d'une impulsion rectangulaire (ligne grise)
à travers le matériau. La pulsation de Rabi est de Ω = 2π × 1 MHz, donc le premier
maximum du signal de nutation est obtenu à t0 = 0, 81 µs.

La nutation optique est donc un outil extrêmement utile, puisqu'elle permet de mesurer
en une seule opération la pulsation de Rabi de l'interaction laser-atomes pour les atomes
résonnants avec le champ excitateur, malgré la présence de tous les autres atomes du
pro�l inhomogène, qui perçoivent une fréquence de Rabi di�érente.

Comme dans la mise en évidence de la saturation optique décrite précédemment, la
nutation optique permet de mesurer l'opacité de l'échantillon, en comparant l'intensité
transmise au début de l'impulsion I(t = 0) = I0e

−αL et l'intensité transmise au bout de
quelques oscillations, une fois que l'échantillon est transparent I(t ≫ 2π/Ω) = I0.

Nous allons par la suite décrire des expériences de nutation optique séparément sur
la transition forte, et sur la transition faible du système en Λ construit dans le Tm. En
particulier, lorsque l'on aura isolé la transition faible, la densité optique, proportionnelle
au carré du moment dipolaire µ2

w, sera très faible. Le signal de nutation sera donc peu
contrasté et la position t0 du premier maximum sera entachée d'erreur. En réalité, pour
mesurer le rapport de branchement, une simple mesure relative des pulsations de Rabi (ou
des moments dipolaires) su�t. La densité optique peut être évaluée avec une bien meilleure
précision par une mesure de l'opacité de l'échantillon. En e�et, elle nécessite seulement la
mesure de l'intensité transmise à l'instant où l'impulsion est branchée (t = 0), et longtemps
après (t ≫ 2π/Ω). La mesure de la densité optique est donc beaucoup moins sensible aux
bruits de la détection que la mesure absolue de la pulsation de Rabi. Elle donne accès à
la valeur relative des moments dipolaires, et donc au rapport de branchement.
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

Echo de photon

Le processus d'écho de photon est un phénomène caractéristique des matériaux à
élargissement inhomogène possédant une longue durée de vie des cohérences optiques [7].
Après une séquence d'excitation, le milieu fournit une impulsion lumineuse décalée tem-
porellement de l'excitation. Cette réponse cohérente est l'analogue optique de l'écho de
spins [91]. L'étude de cette réponse atomique donne accès à la durée de vie des cohérences
optiques. Elle est par ailleurs à la base de nouvelles méthodes de traitement optique du
signal [43, 92].

Soit un ensemble d'atomes à 2 niveaux |a〉 et |b〉 dont les fréquences de transitions
sont réparties sur un pro�l inhomogène. Une première impulsion de durée τ1 crée une
cohérence ρab dans l'ensemble des atomes dont la fréquence de transition se trouve dans
le pro�l de l'impulsion. On laisse ensuite le système évoluer librement pendant une durée
T . Les cohérences ρab acquièrent alors une phase ∆T , où ∆ représente le désaccord entre
la pulsation de la transition atomique et la pulsation optique de l'impulsion. Cette phase
dépend donc de la position de l'atome considéré dans le pro�l inhomogène. La somme des
réponses radiatives de l'ensemble des atomes à la première impulsion décroît en un temps
voisin de la durée τ1 de l'impulsion, et est appelée rayonnement précession libre, ou free
induction decay. Après un temps d'évolution libre T long devant la durée τ1 de la première
impulsion, mais court devant la durée de vie des cohérences optiques T2, les cohérences
optiques sont toujours présentes, mais complètement déphasées les unes par rapport aux
autres, donc le rayonnement de précession libre est éteint. On applique alors une seconde
impulsion, de durée τ2. On suppose que cette seconde impulsion se propage dans la même
direction que la première. La deuxième impulsion convertit la cohérence ρab en cohérence
ρba. Ces deux quantités sont complexes conjuguées l'une de l'autre, donc quand l'une
acquiert la phase φ, l'autre acquiert la phase −φ. Ainsi, la phase ∆T acquise par ρab

pendant la première période d'évolution libre est compensée par la phase −∆T acquise
par ρba après une seconde période T d'évolution libre après la deuxième impulsion. Au
bout d'une durée T après la seconde impulsion, les cohérences sont de nouveau en phase
quel que soit le désaccord ∆. Cette remise en phase s'accompagne de l'émission d'une
impulsion lumineuse, appelée écho de photon. Cet écho est émis dans la même direction
et à la même fréquence que les deux impulsions excitatrices.

La séquence d'impulsions utilisée pour observer un écho de photon à deux impulsions
est donnée dans la �gure 2.17. Le modulateur acousto-optique AO2 sera ouvert peu après
la seconde impulsion, a�n que la photodiode à avalanche puisse détecter l'écho, beaucoup
moins intense que les impulsions excitatrices.
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phase de ρab

τ1 τ2Τ Τ

intensité incidente
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Fig. 2.17 � Séquence d'écho de photon utilisée dans les expériences, comprenant les deux
impulsions excitatrices ; (a) Intensité du faisceau incident sur le cristal ; (b) Amplitude de
la tension rf appliqué à l'AO2 ; (c) Evolution de la phase de la cohérence ρab pour deux
atomes excités avec des désaccords respectifs ∆ et ∆′ ; (d) Intensité du faisceau transmis

2.4 Résultats expérimentaux

2.4.1 Mesure du tenseur gyromagnétique
Les résultats présentés dans ce paragraphe sont dûs à Frédéric de Seze et sont dé-

crits plus en détail dans les références [89, 93]. On cherche à mesurer les splittings des
sous-niveaux hyper�ns pour di�érents sites et pour di�érentes orientations du champ ma-
gnétique appliqué. Pour cela on réalise des expériences de hole-burning spectral, dont le
principe est décrit en partie 2.3.3. On utilise la séquence d'impulsions décrite dans la
�gure 2.15, sans l'étape de repompage. La gravure est e�ectuée par 10 impulsions mono-
chromatiques de 50 µs séparées par des intervalles de 10 ms. Elle est suivie d'un temps
d'attente de 10 ms, puis d'une impulsion de lecture de 750 µs atténuée et balayée linéai-
rement en fréquence sur 20 MHz. Le repompage n'est pas nécessaire car on travaille à
température su�samment élevée pour éviter l'élargissement des trous et anti-trous par
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

saturation du pompage optique. Le taux de répétition de la séquence gravure-lecture est
de 6 s−1. Le champ magnétique est produit par des aimants permanents.

Dans tout ce qui suit, on note les splittings par unité de champ magnétique δg =

∆g/B0 et δe = ∆e/B0, où B0 est l'amplitude du champ magnétique. La �gure 2.18 illustre
chacune des con�gurations explorées.
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Fig. 2.18 � Di�érentes con�gurations de champ magnétique et électrique explorées. Les
sites de même couleur sont magnétiquement équivalents. Les sites qui ne sont pas excités
sont représentés en pointillé.

(a) Le champ magnétique est orienté dans la direction [111], c'est-à-dire que les sites 1, 3,
et 5 d'une part, et 2, 4, et 6 d'autre part sont magnétiquement équivalents. Le champ
électrique du laser est polarisé dans la direction [1̄1̄1], a�n que les ions des sites 3 et
5 ne soient pas excités. La composante selon y du champ magnétique est nulle dans
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les sites 4 et 6, donc les écarts énergétiques dans les sites 4 et 6 sont donnés par :

δ(a) =
1√
3

√

2γ2
x + γ2

z (2.59)

On s'attend à des splittings bien plus grands dans le site 1, parce que la composante
By du champ magnétique n'est pas nulle pour ce site, et parce que le tenseur gyro-
magnétique est fortement anisotrope (cf propriété (i) dans la partie 2.2.3). Les trous
et anti-trous relatifs au site 1 seront nettement séparés des structures dues aux sites
4 et 6. Pour ces orientations du champ magnétique et de la polarisation du champ
électrique, on a mesuré pour les sites 4 et 6 :

δ(a)
g = 15, 3 ± 0, 1 MHz/T et δ(a)

e = 14, 4 ± 0, 1 MHz/T (2.60)

(b) Le champ magnétique et la polarisation sont tous deux orientés selon [001]. Ici, les
ions sont regroupés en 2 classes de sites équivalents : 1 et 2 d'une part, et 3, 4, 5, et 6
d'autre part. En polarisant le champ électrique dans la direction [001], on élimine la
contribution à l'absorption des ions des sites 1 et 2. Ainsi, les structures du spectre de
hole-burning ne peuvent être attribuées qu'à un ensemble de sites magnétiquement
équivalents. On donne à titre d'exemple l'intensité transmise de l'impulsion de lecture
dans la �gure 2.19. Dans les sites 3, 4, 5, et 6, l'écart énergétique par unité de champ
magnétique est donné par :

δ(b) =
1√
2

√

γ2
x + γ2

y (2.61)

Sur les spectres de hole-burning, les positions des trous et antitrous ont donné :

δ(b)
g = 285 ± 2 MHz/T et δ(b)

e = 60 ± 2 MHz/T (2.62)

(c) Comme dans le cas (a), le champ magnétique est dirigé selon [111], donc les sites se
regroupent en deux classes d'équivalence magnétique : 1, 3, et 5 d'une part, et 2, 4,
et 6 d'autre part. La direction de polarisation choisie selon [111] cette fois annule les
contributions des sites 2, 4, et 6. Dans les sites 1, 3, et 5 :

δ(c) =
1√
3

√

2γ2
y + γ2

z (2.63)

Et les expériences ont permis de mesurer :

δ(c)
g = 329 ± 2 MHz/T et δ(c)

e = 67 ± 2 MHz/T (2.64)

A partir de ces résultats, on peut trouver une combinaison de tous les splittings mesu-
rés permettant de remonter aux coe�cients γx, γy et γz dans les deux états électroniques.
Par exemple, γy s'obtient facilement :

γ2
y = −3

4
δ(a)2 + δ(b)2 +

3

4
δ(c)2 (2.65)
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Fig. 2.19 � Spectre de hole burning pour les sites 3, 4, 5 et 6, pour un champ magnétique
de 0, 024 T orienté parallèlement à [001] [situation (b)]. Le trou central correspond à la
fréquence de gravure. Le trou en position B est attribué à la transition vers l'autre sous-
niveau excité et doit se situer à la distance ∆e du trou central. Les anti-trous en position
C et D sont attendus à des distances ∆g − ∆e et ∆g respectivement du trou central.

D'après les résultats des mesures donnés dans les équations (2.60), (2.62), (2.64), on
obtient :

γ(g)
y = 403 ± 3 MHz/T et γ(g)

y = 82 ± 3 MHz/T (2.66)

On peut aussi donner une valeur relativement précise de la quantité
√

2γ2
x + γ2

z à partir
des mesures e�ectuées. En revanche, les coe�cients γx et γz n'ont pas pu être déterminés
avec précision dans l'état fondamental. Les résultats sont rassemblés dans le tableau 2.4.

Les valeurs expérimentales des composantes du tenseur gyromagnétique sont relati-
vement proches des valeurs calculées [88]. Trois des quatre remarques qualitatives sur
les propriétés d'anisotropie du tenseur données dans la partie 2.2.3 sont con�rmées. La
propriété (ii), dans laquelle nous avons observé que l'anisotropie dans le plan (x, z) était
similaire dans l'état fondamental et dans l'état excité, ne peut être con�rmée car nous
n'avons pas pu mesurer séparément γx et γz dans l'état fondamental où le tenseur γ est
très fortement anisotrope.

A l'université du Montana, Mingzhen Tian a réalisé une série de spectres de hole-
burning dans le Tm3+:YAG en explorant plusieurs dizaines de valeurs de l'angle θ [94],
grâce à un porte-échantillon tournant. Le champ lumineux est polarisé dans la direction
[111], de façon à ne pas exciter les ions des sites 4 et 6. Les sites 1, 3, et 5 sont excités
avec la même fréquence de Rabi. La position des trous situés à la distance ∆e du trou
central n'a été obtenue que pour les ions du site 1. Les positions des trous et antitrous
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2.4 Résultats expérimentaux

Etat fondamental 3H6 Etat excité 3H4

γy 403 ± 3 MHz/T 82 ± 3 MHz/T
Expérience γx/γy < 0, 05 0, 21 ± 0, 01

γz/γy ≤ 0, 066 0, 042 ± 0, 01
√

2γ2
x + γ2

z/γy 0, 066 ± 0, 001 0, 30 ± 0, 01

γy 560 MHz/T 75 MHz/T
Théorie γx/γy 0, 033 0, 3

γz/γy 0, 02 0, 080
√

2γ2
x + γ2

z/γy 0, 051 0, 432

Tab. 2.4 � Résumé des di�érentes valeurs expérimentales et théoriques des composantes
du tenseur gyromagnétique.

des spectres de hole-burning sont données dans la �gure 2.20. Ces mesures ont été faites
pour un champ magnétique de 0, 022 T, ce qui explique la taille importante des barres
d'erreur. On a reporté sur la même �gure les valeurs déduites de nos mesures ainsi que les
données obtenues par Mingzhen Tian. Ces données coïncident parfaitement, et con�rment
le comportement des splittings prévu pour les di�érents sites.

A partir des mesures données dans l'expression (2.60), on peut déduire une borne
inférieure pour le rapport de branchement maximal possible dans le Tm :YAG. On en tire
également l'angle ξ′0 entre le champ magnétique et le plan x, z qui donne un rapport de
branchement proche du maximum (cf discussion en partie 2.2.3).

A partir des équations (2.41), (2.60), et (2.74), on trouve :

Rmax ≥ 0, 13 ± 0, 01 et tan ξ′0 = 0, 082 ± 0, 003 (2.67)

On peut relier l'angle ξ entre le champ magnétique et le plan x, z du repère local cristallin
à l'angle θ entre le champ magnétique et l'axe [001], en considérant la composante By

du champ magnétique. Par dé�nition de ξ, cette composante est égale à B0 sin ξ. Elle est
aussi donnée dans l'équation (2.47) :

By = B0

(
cos θ√

2
− sin θ

2

)

= −
√

3

2
sin(θ − θ0) (2.68)

où θ0 = arccos 1/
√

3 = 54, 74◦. Donc

ξ(θ) = arcsin

(

−
√

3

2
sin(θ − θ0)

)

(2.69)

Une variation δθ de l'angle θ autour de l'angle θ0 se traduira donc par une variation de ξ

autour de 0 de
δξ = ξ′(θ0)δθ = −

√
3

2
δθ (2.70)
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Fig. 2.20 � Position des trous (symboles ouverts) et antitrous (symboles fermés) dans les
spectres de hole-burning de Tian et al. [94]. On a représenté par des cercles noirs (•) les
positions des trous relatifs au ions du site 1, et par des triangles bleus (H et ▽) les positions
des trous et antitrous relatifs aux sites 3 et 5. Les lignes en traits pointillés (respectivement,
pleins) représentent les positions des trous (respectivement, des antitrous à ∆g − ∆e)
calculées à l'aide des valeurs expérimentales des composantes du tenseur gyromagnétique
données dans le tableau 2.4, en choisissant pour l'état fondamental γx/γy = 0, 0292 et
γz/γy = 0, 0515. On a également représenté par des carrés rouges les mesures notées (a),
(b) et (c) dans le texte.

Ainsi, pour obtenir en principe un rapport de branchement supérieur à 0, 13 dans les sites
4 et 6, il faut orienter le champ magnétique appliqué dans le plan bissecteur avec un angle

θ4,6 = θ0 + (5, 4 ± 0, 2◦) ou θ4,6 = θ0 − (5, 4 ± 0, 2◦) (2.71)

Et pour les sites 3 et 5, le champ magnétique est orienté dans la direction symétrique par
rapport à [001] :

θ3,5 = −θ0 + (5, 4 ± 0, 2◦) ou θ3,5 = −θ0 − (5, 4 ± 0, 2◦) (2.72)

Les écarts énergétiques attendus pour les sites présentant le rapport de branchement
maximal sont :

∆g/B0 = 35, 7 ± 2, 5 MHz/T et ∆e/B0 = 15, 9 ± 1, 5 MHz/T (2.73)
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2.4 Résultats expérimentaux

en choisissant pour l'état fondamental γx/γy = 0, 0292 et γz/γy = 0, 0515.
Les composantes du tenseur gyromagnétique du Pr3+ :LaF3 ont été mesurées par B.

R. Reddy et L. E. Erickson [95] :

γ(g)
x = 48, 9±0,4 MHz/T, γ(g)

y = 25, 3±0,3 MHz/T, et γ(g)
z = 101, 6±0,3 MHz/T (2.74)

La composante dominante du tenseur gyromagnétique est 4 fois plus élevée dans le
Tm3+:YAG que dans le Pr3+ :LaF3. L'ion thulium est donc plus sensible que le pra-
séodyme aux �uctuations du champ magnétique induites par les basculements des spins
des ions voisins. Ceci est inattendu, étant donné que le thulium présente des durées de vie
de cohérences optiques plutôt longues, même lorsqu'il est inséré dans une matrice comme
le YAG ou le LaF3 contenant des spins nucléaires [37].

2.4.2 Durée de vie des populations
A l'équilibre thermique, les ions thulium sont répartis équitablement entre les deux

sous-niveaux hyper�ns, et ce, même à température cryogénique (∼2 K). Toute di�érence
de population entre ces sous-niveaux, créée par exemple par hole-burning, tend donc vers
zéro à mesure que les ions reviennent à l'équilibre. Pour mesurer la durée de vie T1 des
niveaux hyper�ns, il su�t donc de graver un trou dans le pro�l d'absorption du matériau,
puis de venir sonder ce pro�l à di�érents instants après la gravure. La taille des structures
décroît exponentiellement avec le temps, comme e−t/T1 .

La durée de vie des sous-niveaux hyper�ns a déjà été mesurée dans le Tm3+:YAG par
Ohlsson et al. [96] pour un champ magnétique orienté le long de l'axe c du cristal, dopé
à 0,5%. Les auteurs ont mesuré des durées de vie en général plus longues pour des faibles
champs magnétiques. Ces résultats sont néanmoins sujets à controverse car il s'est avéré
�nalement que l'échantillon de Tm :YAG utilisé par ce groupe n'était pas un monocristal.

Nous ne nous intéresserons ici qu'à une seule amplitude et orientation du champ ma-
gnétique appliqué, et nous mesurerons les durées de vie des sous-niveaux hyper�ns pour
di�érentes classes de sites magnétiquement inéquivalents lorsque le cristal de Tm :YAG
est refroidi à T = 2 K. Un champ magnétique de 0, 45 T produit par des aimants per-
manents forme un angle de θ = −54, 5◦ avec l'axe cristallin [001] (voir �gure 2.7). Cette
direction est très proche de [1̄1̄1], donc les sites 1, 4, et 6 sont quasiment magnétique-
ment équivalents. Les splittings ∆g et ∆e attendus pour les sites 1, 3, 4, 5, et 6 sont
donnés dans le tableau 2.5. Ils sont calculés à l'aide des composantes du tenseur mesurées
expérimentalement, résumées dans le tableau 2.4.

La séquence de hole-burning utilisée ici est composée de 10 impulsions de gravure
monochromatiques de 50 µs, espacées de 10 ms, et d'une impulsion de lecture de 500 µs
dont la fréquence est balayée sur 25 MHz autour de la fréquence de l'impulsion de gravure.
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

On mesure la hauteur du trou central du spectre en fonction du temps d'attente entre la
�n de la gravure et la lecture, que l'on fait varier entre 20 ms et 10 secondes. Le faisceau
est focalisé dans l'échantillon sur un spot de diamètre 800 µm à 1/e2.

Le champ électrique est polarisé dans un premier temps selon la direction [1̄1̄1], de
façon que seuls les sites 1, 4, et 6 soient excités. Comme on peut le voir dans la �gure 2.21,
la hauteur du trou central ne diminue pas sur une durée de 10 secondes. La durée de vie
des sous-niveaux hyper�ns dans les sites 1, 4 et 6 est donc d'au moins plusieurs minutes,
pour un splitting de 148 MHz environ.

Le champ électrique est ensuite polarisé dans la direction [111] a�n d'exciter les sites
1, 3, et 5. Ces trois sites ne sont pas magnétiquement équivalents. Il faut donc éliminer
la contribution du site 1 au trou central du spectre de hole-burning. On applique pour
cela une impulsion dite de blanchiment balayée en fréquence sur 25 MHz autour de la
fréquence de gravure, qui a pour e�et de pomper la totalité des ions vers l'autre sous-
niveau hyper�n de l'état fondamental. Les ions du site 1 sont ainsi transférés vers un
niveau situé à une distance de 147, 7 MHz, où ils restent durant plusieurs minutes. Ils ne
participent plus à l'absorption du cristal sur la largeur de 25 MHz. Les ions des sites 3
et 5, en revanche, présentent un splitting dans l'état fondamental beaucoup plus faible
(≃ 6 MHz). Une partie des ions des sites 3 et 5 va donc être pompée dans un sens puis
dans l'autre au cours de l'impulsion de blanchiment. Une grande partie des ions des sites
3 et 5 revient donc à son état de départ. On intercale cette impulsion de blanchiment
entre deux séquences de hole-burning. Comme le montre la �gure 2.21, la hauteur du trou
central dû uniquement aux ions des sites 3 et 5 décroît exponentiellement, avec une durée
caractéristique T1 = 4, 5 ± 0, 5 s pour un splitting de 6 MHz.

∆g (MHz) ∆e (MHz) T1

Site 1 147, 7 ± 1 30, 05 ± 0, 3 > qq minutes
Sites 4 et 6 148, 4 ± 1 30, 2 ± 0, 3 > qq minutes
Sites 3 et 5 6, 9 ± 0, 3 6, 3 ± 0, 4 4, 5 ± 0, 5 s

Tab. 2.5 � Splittings attendus et durée de vie des sous-niveaux hyper�ns mesurée pour
un champ magnétique de 0, 45 T selon θ = −54, 5◦ et une température de T = 2 K.

Ces longues durées de vie sont typiques des ions de terre rare. Ainsi, une durée de vie
des sous-niveaux hyper�ns de 100 secondes a été observée dans le Pr :YSO [84, 97], de
plusieurs minutes dans le Tb :LiYF4 [98], et de plus de 20 jours dans l'Eu :YSO [99].

Contrairement aux résultats de Ohlsson et al. [96], nos mesures montrent que le temps
de vie est plus long lorsque l'écart énergétique des sous-niveaux est plus grand. Les tran-
sitions optiques n'étant pas impliquées dans les mécanismes de relaxation des spins, on
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Fig. 2.21 � Décroissance du trou central dans le spectre de hole-burning après un temps
d'attente entre la gravure et la lecture. Les triangles (respectivement, les cercles) repré-
sentent la hauteur du trou dans les sites 1, 4, et 6 (respectivement 3 et 5). La taille des
trous est normalisée par rapport à la hauteur du fond.

s'attend à ce que la durée de vie des sous-niveaux dépende principalement du splitting
de l'état fondamental. Lorsque l'on fait tourner le champ magnétique de quelques degrés
par rapport à θ = −54, 5◦ (orientation pour laquelle les mesures de durée de vie rapportés
ici ont été faites) le rapport de branchement varie fortement pour les ions des sites 3 à
5 (cf. �gure 2.9), mais le splitting ∆g dans l'état fondamental, proche de son minimum,
varie peu (cf. tableau 2.6). On peut donc raisonnablement supposer que la durée de vie
des sous-niveaux est insensible à une petite variation de l'angle θ autour de θ = −54, 5◦.
On s'attend à des durées de vie des sites 3 et 5 similaires pour θ = −54, 5◦ et θ = −49, 4◦,
angle pour lequel le rapport de branchement est maximum dans les sites 3 et 5. Ces
résultats ont été publiés dans la référence [100].

θ = −54, 5◦ θ = −49, 4◦

Site 1 147, 7 137, 8

Sites 4 et 6 148, 4 152, 4

Sites 3 et 5 6, 9 16, 1

Tab. 2.6 � Splittings dans l'état fondamental (en MHz) attendus pour un champ ma-
gnétique de 0, 45 T selon θ = −54, 5◦ et θ = −49, 4◦. Ces valeurs sont calculées avec les
coe�cients gyromagnétiques déterminés expérimentalement, données dans le tableau 2.4.

Dans la suite de notre travail, le champ magnétique est orienté à proximité de la
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

direction [1̄1̄1]. La polarisation du faisceau excitateur est choisie parallèle à [111] de façon
que les sites 4 et 6 ne soient pas excités. Les ions des sites 1, 3 et 5 sont alors excités
avec la même pulsation de Rabi et participent chacun pour un tiers de l'absorption du
cristal, même si seuls les ions des sites 3 et 5 présentent un rapport de branchement
intéressant. Pour se débarrasser de la contribution des ions du site 1 à l'absorption, on
peut tirer parti du fait que l'écart énergétique entre les sous-niveaux Zeeman de l'état
fondamental est bien plus grand dans le site 1 que dans les sites 3 et 5, comme le montre
la �gure 2.8(b), et de la longue durée de vie de ces niveaux dans le site 1. Une impulsion
intense balayée en fréquence sur un intervalle inférieur au splitting ∆g du site 1, permet, si
elle est répétée régulièrement, de pomper tous les les ions du site 1 sur un grand domaine
du pro�l inhomogène vers le sous-niveau non-résonnant de l'état fondamental. Les ions
du site 1 pompés hors du niveau résonnant ne participeront donc plus à l'absorption du
cristal pendant plusieurs minutes. Il est alors possible de travailler exclusivement sur les
sites qui présentent un système en Λ. Nous venons par ailleurs de montrer que la durée
de vie de ces derniers sites (3 et 5, ou 4 et 6 selon la con�guration choisie) est de plusieurs
secondes, ce qui est largement su�sant pour les opérations de stockage quantique qui nous
intéressent.

2.4.3 Elargissement inhomogène Raman
Etude d'un spectre de hole-burning

Les expériences décrites dans ce paragraphe mettent en jeu un champ magnétique
appliqué formant un angle θ = −48, 4◦ avec l'axe [001], créé par des bobines supracon-
ductrices dans le cryostat Oxford Spectromag. Dans cette con�guration, on s'attend à un
système en Λ e�cace dans les sites 3 et 5. Le faisceau laser est polarisé dans la direction
[111] a�n d'exciter seulement les ions des sites 1, 3, et 5.

On réalise un premier spectre de hole-burning pour un champ magnétique de 0, 19 T.
La séquence est identique à celle décrite dans la �gure 2.15. Elle comporte 10 impulsions
de gravure de 50 µs séparées par des intervalles de 10 ms, une impulsion de lecture de
1 ms balayée sur 35 MHz autour de la fréquence de gravure, dont l'intensité est atténuée
d'un facteur 100 par rapport à la gravure, et une impulsion de repompage intense balayée
sur 35 MHz en 1 ms. L'intensité transmise de l'impulsion de lecture est reproduite dans
la �gure 2.22.

Grâce à l'impulsion de repompage, aucun ion du site 1 ne participe aux structures du
spectre de hole-burning de la �gure 2.22. L'ensemble des structures est attribué aux ions
des sites 3 et 5. Le pic central noté A et appelé trou central, est observé à la fréquence de
gravure. Di�érents trous et antitrous sont visibles à des positions symétriques par rapport
à ce trou central. Le trou en position B est dû à l'émetteur radio de Villebon-sur-Yvette
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Fig. 2.22 � Spectre de hole-burning pour θ = −48, 4◦. La présence du troisième antitrou
à la position notée F indique que la règle de sélection est relaxée et que les sites 3 et 5
présentent un système en Λ e�cace.

situé à 4, 5 km du laboratoire, qui émet à haute puissance (300 kW) à la fréquence de
864 kHz. Cette émission module le laser à travers la boucle de rétroaction. Le trou en
position C est attribué à la transition vers l'autre sous-niveau de l'état excité. Il est situé
à ∆e de la fréquence de gravure. Deux antitrous sont situés respectivement à ∆g − ∆e et
∆g du trou central. Grâce aux valeurs calculées pour le splitting ∆g, on identi�e D et E
comme étant ces deux antitrous. On observe cependant un troisième antitrou F, moins
intense, situé à la distance ∆g + ∆e de la fréquence centrale. Cet antitrou correspond
nécessairement à l'absorption du faisceau sonde le long d'une transition faible du système
noté (ii) dans la �gure 2.13. Cet antitrou n'était pas prévu dans la description que nous
avons faite de la spectroscopie par hole-burning (voir par exemple la �gure 2.14), car dans
cette analyse, nous avions supposé pour simpli�er que le rapport de branchement était
toujours très petit devant 1, et donc que la sonde ne pouvait pas percevoir une modi�cation
de la transmission du matériau sur une transition faible. Il est clair que cette hypothèse
n'est pas valide dans la con�guration actuelle (θ = −48, 4◦), ce qui laisse présager d'un
rapport de branchement assez élevé pour les sites 3 et 5. Nous décrirons plus loin dans ce
chapitre la mesure précise de ce rapport de branchement.

On a mesuré les largeurs des di�érentes structures sur ce spectre, et rassemblé les
résultats dans le tableau 2.7. On peut faire quelques commentaires sur ces largeurs :

� L'impulsion de lecture est balayée en fréquence sur 35 MHz en 1 ms. Cela correspond
à une largeur minimum des structures observées de √

r = 190 kHz. Les largeurs
des structures observées étant toutes largement supérieures à cette quantité, on en
déduit qu'il existe d'autres facteurs d'élargissement que celui-là.
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Nature Trou Trou Antitrou Antitrou
Fréquence ν0 ν0 ± ∆e ν0 ± (∆g − ∆e) ν0 ± ∆g

Largeur des structures (kHz) 400 ± 15 280 ± 15 520 ± 40 380 ± 40

Classes d'ions concernées (i), (iii) (ii),(iv) (i), (iii) (ii),(iv)

Tab. 2.7 � Largeurs des trous et antitrous du spectre de la �gure 2.22.

� Les trous latéraux à ν0 ± ∆e (position C sur la �gure) sont plus étroits que le trou
central. Cela vient de l'e�et de saturation du pompage optique qui est plus e�cace
dans les classes (i) et (iii) que dans les classes (ii) et (iv), comme on l'a vu dans
la partie 2.3.3. En e�et, les trous à ν0 ± ∆e proviennent des ions des classes (ii) et
(iv), pour lesquels la gravure a été e�ectuée sur une transition faible.

� Par ailleurs, les antitrous latéraux sont nettement plus larges que le trou central.
Parmi les diverses causes d'élargissement des structures du spectre de hole-burning
énumérées dans la partie 2.3.3, la seule qui a�ecte les structures latérales sans
élargir le trou central est l'élargissement inhomogène des sous-niveaux hyper�ns.
On note aussi que les trous à la fréquence ν0±∆e sont plus étroits que les antitrous
à la fréquence ν0 ± ∆g. On en déduit donc que l'élargissement inhomogène des
sous-niveaux hyper�ns est plus important dans l'état fondamental que dans l'état
excité.

Mesures de l'élargissement inhomogène sur les sous-niveaux hyper�ns

Dans ce paragraphe, nous allons étudier l'origine de l'élargissement inhomogène des
sous-niveaux hyper�ns. Pour cela, nous explorons di�érentes amplitudes de champ magné-
tique en conservant son orientation θ = −48, 4◦. On donne en �gure 2.23 les spectres de
hole-burning réalisés pour un champ magnétique allant de 0, 12 T à 0, 96 T. L'utilisation
d'un cryostat à bobines supraconductrices simpli�e considérablement cette exploration
systématique. Le champ magnétique ne peut toutefois pas être mesuré directement. On se
réfèrera donc aux sensibilités attendues pour les splittings ∆g et ∆e lorsque θ = −48, 4◦

calculées à partir des valeurs expérimentales des coe�cients gyromagnétiques :

∆g/B0 = 41, 3 ± 1 MHz/T et ∆e/B0 = 16, 5 ± 1 MHz/T (2.75)

La séquence de spectroscopie par hole-burning est la même que précédemment, à ceci près
que les impulsions de lecture et de repompage sont balayées linéairement en fréquence sur
un intervalle de 70 MHz en 2 ms. Ce balayage en fréquence donne lieu à un élargissement
des structures de √

r = 190 kHz.
Conformément à nos prévisions, les splittings des niveaux fondamental et excité sont
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bien des fonctions linéaires de l'amplitude B0 du champ magnétique, et on mesure un
rapport des splittings ∆g/∆e = 2, 5, qui correspond à l'équation (2.75).

-10 0 10 20 30 40 50

Désaccord du faisceau de lecture (MHz)

� �∆ −∆
�∆ �∆

Fig. 2.23 � Spectres de hole-burning pour θ = −48, 4◦, pour di�érentes amplitudes de
champ magnétique, de 0, 12 T à 0, 96 T. Chaque spectre est décalé verticalement par
rapport au zéro proportionnellement à l'amplitude du champ magnétique appliqué.

On observe par ailleurs une augmentation brutale de l'intensité transmise à une dis-
tance des extrémités de l'intervalle spectral balayé égale à ∆g − ∆e. La présence de ces
bords abrupts est une manifestation du pompage e�ectué par l'impulsion de lecture. En
e�et, les ions situé à une distance supérieure à ∆g −∆e des extrémités du domaine balayé
peuvent être pompés par le faisceau de lecture vers l'autre sous niveau hyper�n mais,
comme ils retombent à l'intérieur de l'intervalle sondé, ils sont repompés par le faisceau
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

de lecture vers leur niveau initial. Inversement, les ions situés à une distance inférieure à
∆g −∆e des extrémités du domaine balayé sont pompés vers l'autre sous-niveau hyper�n
situé en dehors de l'intervalle de lecture, et ne peuvent pas être ramenés dans leur position
initiale par le faisceau de lecture. Pour cette raison, le matériau est moins absorbant pour
les fréquences optiques situées à une distance inférieure à ∆g−∆e des bords de l'intervalle
sondé.

On s'intéresse aussi aux largeurs des di�érents trous et antitrous. On a représenté
sur la �gure 2.24 les largeurs à mi-hauteur des structures du spectre en fonction du
champ magnétique appliqué. Toutes les structures semblent s'élargir de façon linéaire
avec le champ magnétique. Les antitrous, où interviennent les deux splittings ∆g et ∆e,
s'élargissent 10 fois plus vite que les trous, où n'intervient que le splitting ∆e. Ceci prouve
que l'élargissement inhomogène observé est dû à des inhomogénéités d'orientation entre
le champ magnétique et les sites cristallins. En e�et, à θ = −48, 4◦, le splitting ∆g est 2, 5

fois plus grand que ∆e, mais sa variation en fonction de l'angle θ est 9 fois plus rapide,
comme le suggère la �gure 2.25. Cette étude montre donc que l'élargissement inhomogène
provient d'une inhomogénéité d'orientation relative entre le champ magnétique et les sites
cristallins. Ces résultats sont disponibles dans la référence [101].
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Fig. 2.24 � Largeur des trous et antitrous des spectres de la �gure 2.23 aux fréquences ∆e

(carrés), ∆g (points) et ∆g − ∆e (triangles). Les droites en traits pointillés sont ajustées
aux points expérimentaux. Leurs pentes respectives sont 0, 093 MHz/T pour le trou à ∆e,
0, 99 MHz/T pour l'antitrou à ∆g, 1, 025 MHz/T pour l'antitrou à ∆g − ∆e.

En outre, si on extrapole la largeur des trous et antitrous en l'absence de champ
magnétique, on trouve une largeur résiduelle proche de 200 kHz, qui correspond à l'élar-
gissement dû au balayage en fréquence de l'impulsion de lecture.

D'autres mesures de l'élargissement inhomogène sur les sous-niveaux hyper�ns ont été
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Fig. 2.25 � Splittings ∆g et ∆e pour les sites 3 et 5 au voisinage de θ = −48, 4◦. Les
pentes de ces courbes sont dans un rapport de 10. L'angle θ0 = arccos 1/

√
3 correspond à

un champ magnétique appliqué dans la direction [111].

e�ectuées ultérieurement, après le remplacement des vis en inox du porte-échantillon par
des vis en laiton a�n de réduire les éventuelles inhomogénéités de champ magnétique. Par
une analyse identique à celle décrite ci-dessus, on a trouvé un élargissement inhomogène
de l'ordre de 0, 34 MHz/T dans l'état fondamental et de 0, 04 MHz/T environ dans l'état
excité en plus des 200 kHz dûs au balayage en fréquence de l'impulsion de lecture. Cela
con�rme que l'élargissement inhomogène provient entre autres des inhomogénéités du
champ magnétique. Pour l'heure il nous est impossible de déterminer si la largeur restante
provient des inhomogénéités résiduelles du champ magnétique (dues à d'autres pièces en
inox dans le cryostat) ou des inhomogénéités d'orientation des sites cristallins dans le
YAG.

2.4.4 Mesure directe du rapport de branchement
Nous venons de voir dans le paragraphe précédent que l'orientation θ = −48, 4◦ du

champ magnétique laissait présager d'un rapport de branchement élevé pour les sites 3 et
5 du Tm :YAG. Nous allons maintenant mesurer directement ce rapport de branchement,
a�n de valider l'existence d'un système en Λ dans ce matériau.

Diverses méthodes sont à notre disposition pour mesurer le rapport entre des pro-
babilités de transition. Une première technique assez naturelle serait de s'intéresser aux
aires respectives des trous et antitrous dans les spectres de hole-burning. C'est la méthode
employée par exemple par Nilsson et al. [81] pour calculer les forces de transition relatives
des neuf transitions dans le Pr :YSO. Dans le cas du Tm :YAG, cependant, cette méthode
ne nous a pas paru su�samment �able, compte tenu de la précision recherchée sur le
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

rapport de branchement. Nous avons plutôt choisi de mettre en ÷uvre dans le Tm :YAG
des processus transitoires cohérents (la nutation optique et l'écho de photon) séparément
sur chacune des transitions du système en Λ. En e�et, dans ces deux processus, la réponse
atomique est une fonction directe de la pulsation de Rabi. On isolera les transitions grâce
à une opération de pompage optique sélectif en fréquence.

Nutation optique

En l'absence de champ magnétique, le Tm :YAG se comporte comme un ensemble
de systèmes à deux niveaux et présente un élargissement inhomogène gigantesque. Un
signal typique de nutation optique dans notre échantillon est donné dans la �gure 2.26.
La densité optique du cristal dopé à 0, 1 % s'élève à :

D0 = log10

Inut(t → ∞)

Inut(t = 0)
= 0, 32 (2.76)

Chacun des sites 1, 3 et 5 participe pour un tiers à cette densité optique.

0 2 4 6 8 10
0,0

0,2

0,4

0,6

0,8

1,0

Temps (µs)

��� �

Fig. 2.26 � Exemple de signal de nutation optique en l'absence de champ magnétique,
pour un échantillon refroidi à T = 3 K, excité par une impulsion de 10 µs polarisée selon
[111]. L'intensité transmise est normalisée par rapport à l'intensité du faisceau incident
(cercles : points expérimentaux, ligne : ajustement par l'équation (2.57)).

On applique maintenant un champ magnétique dans la direction θ = −48, 4◦, pour
laquelle le rapport de branchement doit être maximum pour les sites 3 et 5. Le champ
magnétique divise les niveaux électroniques en deux sous-niveaux, et les ions sont répartis
équitablement dans les deux sous-niveaux de l'état fondamental. Cependant, pour un
champ magnétique modéré, le pro�l d'absorption du cristal n'est pas modi�é. La densité
optique du cristal reste la même, et le signal de nutation est inchangé. On s'intéresse au
signal de nutation optique lorsque des impulsions rectangulaires de 10 µs sont envoyées de
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2.4 Résultats expérimentaux

façon répétée sur l'échantillon et que l'on baisse progressivement la température du cristal.
Deux processus sont alors en concurrence : d'une part, le processus de thermalisation qui
tend à équilibrer les populations dans les sous-niveaux hyper�ns de l'état fondamental, et
d'autre part l'e�et de pompage optique des impulsions excitatrices répétées. Tant que la
température est su�samment élevée pour que le processus de thermalisation domine, le
système peut retourner à son état initial entre deux impulsions, et le signal de nutation
reste visible. A mesure que l'on baisse la température de l'échantillon, la thermalisation est
de plus en plus lente, et le pompage optique �nit par dominer. Le niveau résonnant avec
l'impulsion excitatrice se vide de ses ions, rendant le matériau transparent à la fréquence
de l'excitation, et le signal de nutation disparaît complètement.

Nous allons tirer parti de cette disparition totale du signal pour repeupler les atomes
dans une classe d'ions bien choisie, a�n que le signal de nutation que l'on aura récupéré
soit spéci�que à une seule transition. La repopulation s'e�ectue à l'aide d'une impulsion
de repompage à la fréquence νR. Si l'on choisit une fréquence de repompage égale à
ν0−∆g, (où ν0 désigne la fréquence des impulsions excitatrices et ∆g le splitting dans l'état
fondamental des sites 3 et 5), l'impulsion de repompage ne repeuplera les sous-niveaux
résonnants que dans les classes (i) et (ii) des ions des sites 3 et 5 (voir �gure 2.27(a)). Les
ions des sites 3 et 5 des classes (iii) et (iv), ainsi que les ions du site 1, quelle que soit
la classe à laquelle ils appartiennent, ne seront pas repompés et ne participeront pas au
signal de nutation. Si l'on choisit de repomper les atomes à la fréquence νR = ν0+∆g−∆e,
les seuls ions qui participent au signal appartiennent à la classe notée (iii). Le signal de
nutation qui en résulte sera donc issu uniquement d'ions excités selon une transition forte.
Si l'on choisit plutôt de repomper les atomes à la fréquence νR = ν0 + ∆g + ∆e, les seuls
ions qui participent au signal appartiennent à la classe notée (iv). Le signal de nutation
qui en résulte sera donc issu uniquement d'ions excités selon une transition faible.

Nous allons e�ectuer des expériences de nutation optique pour di�érentes fréquences
de repompage. Comme nous l'avons évoqué lors de la description théorique du phénomène
de nutation optique (en partie 2.3.3), le rapport de branchement sera obtenu en comparant
les densités optiques pour chacune des con�gurations. Or, la densité optique d'un ensemble
d'atomes ne dépend pas seulement de la probabilité de la transition absorbante, mais aussi
du nombre d'atomes présents dans le niveau sondé. Avant de présenter ces expériences, il
est donc nécessaire d'évaluer la proportion d'atomes qui se trouve dans le niveau résonnant
du fait de la succession des impulsions excitatrices et des impulsions de repompage.

Soit N1 la proportion du nombre total d'atomes dans le sous-niveau de l'état fon-
damental résonnant avec l'impulsion excitatrice, et N2 la proportion du nombre total
d'atomes dans l'autre sous-niveau de l'état fondamental. On suppose que le temps d'at-
tente entre les di�érentes impulsions est su�samment long pour qu'il n'y ait plus d'atomes
dans l'état électronique excité, c'est-à-dire N1 + N2 = 1. Le pompage dû aux impulsions
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Fig. 2.27 � Schéma d'excitation à fréquence ν0 avec un processus de repompage qui
permet de récupérer le signal de nutation pour certaines classes d'ions. (a) Le repompage
est e�ectué à la fréquence νR = ν0 − ∆g. A basse température, seuls les ions des classes
(i) et (ii) des sites cristallins 3 et 5 sont susceptibles de participer au signal de nutation
optique à la fréquence ν0. (b) Le repompage est e�ectué à la fréquence νR = ν0 +∆g +∆e

a�n de ne sélectionner que les ions de la classe (iv).

excitatrices transfère les atomes du niveau 1 vers le niveau 2 avec le taux p. Le repompage
transfère les atomes du niveau 2 vers le niveau 1 avec le taux r. La relaxation par ther-
malisation équilibre les populations dans les niveaux 1 et 2 avec un taux κ. On peut donc
écrire que la proportion d'atomes dans le niveau résonnant véri�e l'équation di�érentielle :

dN1

dt
= −pN1 + rN2 + κ(N2 − N1) (2.77)

En régime stationnaire, dN1

dt
= 0. On a donc :

N1 =
r + κ

p + r + 2κ
= ρ (2.78)

En l'absence de toute excitation optique (r = p = 0), le système est à l'équilibre thermique,
c'est-à-dire ρ = 1/2. Comme on l'a déjà évoqué plus haut, si la température de l'échantillon
est assez élevée de façon que κ ≫ r, p, la proportion ρ d'atomes participant au signal de
nutation sera égale à 1/2, c'est-à-dire que le système retourne à l'équilibre thermique
entre les impulsions excitatrices. Au contraire, lorsque l'on diminue la température, on
peut arriver à la situation où r, p ≫ κ. La proportion d'atomes participant au signal
s'élève alors à ρ = r/(p + r).

Les processus de transfert d'atomes par pompage optique sont constitués de deux
étapes : une étape d'excitation de la transition optique durant laquelle une partie des
atomes est transférée dans l'état excité, et une étape de relaxation pendant laquelle les
atomes retombent dans les sous-niveaux de l'état fondamental. On pourrait croire a priori
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2.4 Résultats expérimentaux

que ces deux processus sont plus ou moins e�caces selon la probabilité de la transition
considérée, et donc que les taux r et p dépendent de la force des transitions considérées.
En réalité, les deux étapes du pompage optique en sont indépendantes. Les impulsions
excitatrices ont une durée de 10 µs. Avec les paramètres expérimentaux utilisés, cette
durée su�t pour que les populations soient égales dans le niveau fondamental et le niveau
excité à la �n de l'impulsion, que l'impulsion excite une transition faible ou forte. La
�gure 2.26 montre que ceci est véri�é lorsque l'impulsion excite la transition forte. Nous
montrerons plus tard que c'est le cas aussi lorsque l'impulsion excite la transition faible,
même si le processus est plus lent. L'impulsion excitatrice porte donc le système dans le
même état �nal, que la probabilité de la transition excitée soit faible ou forte. D'autre part,
la désexcitation des atomes vers les sous-niveaux fondamentaux est très di�érente de la
relaxation par émission spontanée car elle se fait principalement via les états intermédiaires
3H5 et 3F4 par des processus non radiatifs. Les expériences de hole-burning nous ont
montré que ces processus ne sont pas soumis aux règles de sélection sur le spin nucléaire.
Ainsi, ni l'étape d'excitation ni l'étape de relaxation du processus de pompage optique ne
sont sensibles aux probabilités de transition. Par exemple, le coe�cient ρ sera le même
dans les classes d'ions (i) et (ii) de la �gure 2.27(a), et dans la classe d'ions (iv) de la
�gure 2.28(b).

� Lorsque le repompage est désaccordé de ∆g par rapport aux impulsions excitatrices
[comme illustré en �gure 2.27(a)], seuls les ions des classes (i) et (ii) des sites 3 et
5 participent au signal. Dans la classe (i) les ions sont excités selon la transition
forte, tandis que dans la classe (ii), ils sont excités selon la transition faible. Les
ions du site 1 ne participent pas au signal puisqu'ils ne sont pas résonnants avec
l'impulsion de repompage. C'est pourquoi la densité après repompage est a�ectée
d'un coe�cient 2/3. La densité optique du matériau est par ailleurs proportionnelle
au carré du moment dipolaire, et proportionnelle au nombre d'atomes résonnants.
Elle s'écrit donc :

Ds+w =
2

3
D0








µ2
s

µ2
s + µ2

w

ρ

︸ ︷︷ ︸

classe (i)

+
µ2

w

µ2
s + µ2

w

ρ

︸ ︷︷ ︸

classe (ii)








=
2

3
D0ρ (2.79)

où D0 est la densité optique de l'échantillon en l'absence de champ magnétique.
� Lorsque le repompage est désaccordé de ∆g −∆e par rapport aux impulsions exci-

tatrices [comme illustré en �gure 2.27(b)], seuls les ions de la classe (iii) des sites
3 et 5 participent au signal, selon une transition forte. Dans cette con�guration, la
densité optique du matériau s'écrit :

Ds =
2

3
D0

µ2
s

µ2
s + µ2

w

ρ =
2

3
D0

1

1 + R
ρ (2.80)

89



Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

� En�n, lorsque le repompage est désaccordé de ∆g + ∆e par rapport aux impulsions
excitatrices [comme illustré en �gure 2.27(b)], seuls les ions de la classe (iv) des sites
3 et 5 participent au signal, selon une transition faible. Dans cette con�guration,
on s'attend à une densité optique très faible qui s'écrit :

Dw =
2

3
D0

µ2
w

µ2
s + µ2

w

ρ =
2

3
D0

R

1 + R
ρ (2.81)

Les expériences présentées ici ont été réalisées dans le cryostat Oxford Instruments
Spectromag équipé de bobines supraconductrices, permettant d'allumer et d'éteindre le
champ magnétique sans avoir à réchau�er l'échantillon. On mesure une puissance lumi-
neuse de 17 mW à la sortie de la �bre. Les impulsions de nutation d'une durée de 10 µs,
sont répétées à une cadence de 50 impulsions par seconde, et envoyées sur l'échantillon de
Tm :YAG refroidi à T = 2 K, sur un spot de diamètre 100 µm à 1/e2. On a représenté en
�gure 2.28(a) l'intensité transmise d'une impulsion excitatrice en l'absence de champ ma-
gnétique. En comparant l'intensité incidente avec l'intensité au tout début de l'impulsion,
on obtient la densité optique D0 = 0, 36.

On applique alors un champ magnétique de 0, 3 T selon la direction supposée opti-
male, c'est-à-dire θ = −48, 4◦. A cause du pompage optique des impulsions excitatrices
répétées et de la très longue durée de vie des sous-niveaux hyper�ns à cette température,
le matériau devient transparent et l'intensité transmise est quasiment constante, ainsi
que le montre la �gure 2.28(d). A�n de récupérer un signal de nutation, on applique une
séquence de 10 impulsions de repompage de 100 µs, séparées par des intervalles de temps
de 10 ms. On a mesuré dans l'état fondamental un élargissement inhomogène des sous-
niveaux hyper�ns de 600 kHz environ, d'après la �gure 2.24. A�n que tous les atomes de
cette largeur inhomogène puissent être repompés, chacune des impulsions de repompage
est balayée linéairement sur 1 MHz autour de la fréquence νR.

On a représenté sur la �gure 2.28(b) le signal transmis lorsque les impulsions de
repompage sont centrées sur la fréquence νR = ν0 − ∆g. La densité optique mesurée sur
ce signal est Ds+w = 0, 167. On déduit de l'équation (2.79) que la proportion d'atomes
restants dans le sous-niveau résonnant est de :

ρ =
3

2

Ds+w

D0

= 0, 69 (2.82)

On peut remarquer que dans les cas (a) et (b) de la �gure 2.28, même si la densité optique
du matériau est di�érente, le premier maximum survient au même instant, c'est-à-dire que
la pulsation de Rabi est la même. En e�et, dans les deux cas, les ions participant aux
signaux de nutation sont excités pour la moitié selon une transition forte, et pour l'autre
moitié selon une transition faible. Seul le nombre d'atomes participant au signal a changé.

On a représenté sur la �gure 2.28(c) le signal de nutation observé lorsque les impulsions
de repompage sont centrées autour de la fréquence ν0 + ∆g + ∆e. La densité optique est
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Fig. 2.28 � Signaux de nutation optique pour di�érentes con�gurations expérimentales.
Les quatre courbes expérimentales (en traits pleins) ont été obtenues pour la même in-
tensité lumineuse. (a) en l'absence de champ magnétique. (b) avec un champ magnétique,
et une impulsion de repompage à la fréquence νR = ν0 − ∆g. (c) avec un champ ma-
gnétique, et une impulsion de repompage à la fréquence νR = ν0 − ∆g − ∆e. (d) avec
un champ magnétique, mais sans impulsion de repompage. Les lignes pointillées sont les
courbes théoriques données par l'équation (2.57) et ajustées aux points expériementaux.
Les courbes sont décalées verticalement pour une meilleure visibilité.

alors tellement faible que les oscillations du signal de nutation ne sont pas visibles : on voit
seulement l'intensité augmenter lentement. Comme on l'avait prévu, il n'est pas possible
d'évaluer directement la pulsation de Rabi de l'excitation sur la transition faible, à cause
du manque de contraste. Il est clair néanmoins que le signal (c) ne provient pas d'ions
excités selon une transition forte, car ses oscillations sont nettement plus lentes que celles
des signaux (a) ou (b). Ce signal est donc uniquement dû à des ions excités selon une
transition faible. La densité optique mesurée sur ce signal est Dw = 0, 018±0, 004. D'après
les équations (2.79) et (2.81), on obtient �nalement :

R =
1

Ds+w

Dw
− 1

= 0, 12 ± 0, 03 (2.83)

A partir de cette valeur du rapport de branchement, on en déduit que le premier
maximum du signal (c) devrait se trouver à t = 5, 6 ± 0, 7 µs. On est donc certain que la
transition optique est saturée, même lorsque sa probabilité de transition est faible. Ceci
justi�e l'hypothèse faite plus haut, selon laquelle l'impulsion excitatrice porte donc le
système dans le même état �nal, que la probabilité de la transition excitée soit faible ou
forte.
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Echo de photon

Dans cette partie nous allons décrire les expériences d'écho de photon réalisées sé-
parément sur chacune des transitions du système à 4 niveaux que constitue l'ion de Tm
plongé dans un champ magnétique.

On réalise dans un premier temps une expérience d'écho de photon dans le Tm3+:YAG
en l'absence de champ magnétique. L'échantillon est illuminé par deux impulsions lumi-
neuses successives de forme temporelle gaussienne, de durée 2 µs, séparées par 10 µs et
de même intensité. On mesure une puissance lumineuse en sortie de la �bre de 15 mW, et
le faisceau est focalisé dans l'échantillon sur un spot de diamètre 100 µm à 1/e2. Un écho
apparaît à l'instant t0 + 20 µs si la température de l'échantillon est inférieure à 5 K.

On applique maintenant un champ magnétique dans la direction θ = −48, 4◦, pour la-
quelle le rapport de branchement doit être maximum pour les sites 3 et 5. Comme pour les
expériences de nutation optique décrites précédemment, le champ magnétique divise les
niveaux électroniques en deux sous-niveaux, et les ions sont répartis équitablement dans
les deux sous-niveaux de l'état fondamental, sans que le pro�l d'absorption du cristal soit
modi�é. La densité optique du cristal reste donc la même. On répète la séquence d'écho
de photon (composée des deux impulsions gaussiennes) à une cadence de 50 séquences
par seconde. A T = 2, 6 K, la relaxation des populations dans les sous-niveaux hyper�ns
est su�samment rapide pour que le système puisse revenir à l'équilibre thermique entre
chaque séquence d'impulsions, donc l'écho de photon est toujours présent. A T = 1, 9 K,
en revanche, l'e�et de pompage optique opéré par les deux impulsions excitatrices domine
l'e�et de redistribution des populations dans les sous-niveaux hyper�ns. Le matériau de-
vient transparent, et l'écho de photon disparaît. Le signal détecté en transmission pour
ces deux températures est donné dans la �gure 2.29. Le modulateur acousto-optique est
ouvert quelques µs après la deuxième impulsion a�n que les impulsions excitatrices soient
coupées et que l'écho de photon, beaucoup moins intense, soit entièrement transmis jus-
qu'au détecteur.

On voit sur la �gure 2.29 que lorsque le milieu est absorbant (température élevée),
la première impulsion excitatrice est davantage absorbée que la première, car elle sature
partiellement la transition optique. Lorsque le milieu est transparent (basse température),
cet e�et de saturation partielle n'a pas lieu, et les deux impulsions sont entièrement
transmises.

Comme dans la partie précédente, nous allons intercaler une série de 10 impulsions de
repompage entre deux séquences d'écho de photon, a�n d'isoler le signal d'écho de photon
pour une transition forte, ou pour une transition faible. Les impulsions de repompage sont
de la même forme que dans le paragraphe précédent : ce sont des impulsions rectangulaires
de 100 µs balayées en fréquence sur 1 MHz. Si ces impulsions sont centrées autour de la
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Fig. 2.29 � Exemple d'un écho de photon dans le Tm3+:YAG plongé dans un champ
magnétique de 0, 3 T. La température de l'échantillon est de T = 2, 6 K (respectivement,
T = 1, 9 K) pour la ligne en trait plein (respectivement, en traits pointillés). La zone
grisée correspond à l'intervalle de temps pendant lequel l'AO2 est en position fermée. Les
impulsions excitatrices sont fortement atténuées juste avant le détecteur. Une baisse de
température de moins de 1 kelvin su�t pour faire disparaître l'écho de photon.

fréquence ν0 + ∆g − ∆e, alors ce sont les ions de la classe (iii) qui sont ramenés dans le
sous-niveau résonnant (voir la �gure 2.27). Le signal d'écho de photon qui réapparaît est
attribué à une excitation selon la transition forte, caractérisée par le dipôle de transition
µs. Si au contraire les impulsions de repompage sont centrées autour de la fréquence
ν0 + ∆g + ∆e, alors ce sont les ions de la classe (iv) qui sont ramenés dans le sous-niveau
résonnant. Le signal d'écho de photon est alors attribué à une excitation selon la transition
faible, caractérisée par le dipôle de transition µw.

Contrairement au phénomène de nutation optique, on ne connaît pas l'expression
explicite de l'intensité de l'écho de photon pour une pulsation de Rabi quelconque. Malgré
cela, on pourra déterminer le rapport de branchement R du système en Λ, en utilisant les
propriétés de l'écho de photon.

L'amplitude de l'écho de photon est donnée par le produit du moment dipolaire de la
transition optique et de l'intégrale de Tr(µ(ρab + ρba)) sur l'ensemble du pro�l inhomo-
gène [102]. Cette intégrale est une fonction de la pulsation de Rabi f(Ω). L'intensité de
l'écho de photon peut donc s'écrire :

Iecho(I) = µ2g(µ2I) (2.84)

où g(µ2I) = f(µE/~)2, I est l'intensité des impulsions excitatrices, et µ est le moment
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

dipolaire de la transition.
On note Is(I) et Iw(I) respectivement l'intensité de l'écho de photon observé selon

la transition forte ou selon la transition faible, pour un champ incident d'intensité I. On
a donc :

Is(I) = µ2
s g(µ2

sI) et Iw(I) = µ2
w g(µ2

wI) (2.85)

La fonction g est la même pour les deux expressions. On peut alors écrire :

Iw(I) = µ2
w g(µ2

wI) = R µ2
s g(µ2

sRI) = RIs(RI) (2.86)

car R = µ2
w/µ2

s.
Nous avons mesuré l'intensité Iw(I0) de l'écho de photon sur la transition faible pour

une unique valeur I0 de l'intensité des impulsions excitatrices. Cette mesure est illustrée
par la �gure 2.30(a). Nous avons mesuré par ailleurs l'intensité Is(I) de l'écho de photon
sur la transition forte pour di�érentes intensités d'impulsions excitatrices I = xI0. Ces
mesures sont résumées dans la �gure 2.30(b).
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Fig. 2.30 � (a) Signal détecté sur la photodiode sans repompage (ligne pointillée), et
avec repompage à ν0 + ∆g + ∆e (ligne continue). Dans ce cas l'écho de photon est émis
sur la transition faible. La zone grisée correspond à l'intervalle de temps pendant lequel
l'AO2 est en position fermée. Les impulsions excitatrices ont une intensité I0 qui sert de
référence pour les autres expériences d'écho de photon. (b) Intensité de l'écho de photon
sur la transition forte Is pour di�érentes intensités I = xI0 des impulsions excitatrices.

On trace sur le graphe de la �gure 2.31 les points de la fonction x → xIs(xI0) à par-
tir des points expérimentaux de la �gure 2.30(b). Ces points étant quasiment alignés en
échelle semi-logarithmique, on peut leur ajuster une courbe polynomiale. D'après l'équa-
tion (2.86), le rapport de branchement R est égal à l'abscisse du point où la courbe ainsi
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tracée prend une valeur égale à Iw(I0). En e�et :

Iw(I0) = RIs(RI0) (2.87)

On trouve en�n graphiquement sur la �gure 2.31 :

R = 0, 13 ± 0, 015 (2.88)

qui est en bon accord avec la valeur de R déterminée grâce aux expériences de nutation
optique.
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Fig. 2.31 � Détermination graphique du rapport de branchement, comme abscisse du
point d'intersection de la courbe x → xIs(xI0) (triangles : points expérimentaux, ligne
pointillée : interpolation polynomiale) et de la courbe x → Iw(I0) (ligne continue).

2.5 Conclusion
Dans ce deuxième chapitre, nous avons démontré d'abord théoriquement puis expé-

rimentalement l'existence d'un système à trois niveaux en Λ dans le Tm3+:YAG lorsqu'il
est plongé dans un champ magnétique.

A cause de règles de sélection sur le spin nucléaire, la construction d'un tel système
à 3 niveaux paraissait à première vue impossible. Nous avons vu qu'en réalité l'inter-
action dite Zeeman nucléaire exacerbée permettait de créer des mélanges partiels des
sous-niveaux Zeeman, et d'obtenir un système en Λ. L'e�cacité de ce système, quanti�ée
par le rapport de branchement R, repose principalement sur les propriétés d'anisotropie
du tenseur gyromagnétique γ. Nous avons dans un premier temps cherché l'orientation
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Chapitre 2 - Construction d'un système en Λ dans le Tm3+:YAG

du champ magnétique donnant lieu à un rapport de branchement maximal à partir des
composantes du tenseur γ déterminées théoriquement. Le rapport de branchement maxi-
mal théorique s'élève à R = 0, 24. Puis, dans un second temps, nous avons déterminé
expérimentalement les composantes du tenseur gyromagnétique, grâce à des expériences
de spectroscopie par hole-burning. Les valeurs expérimentales de ces composantes sont
relativement proches des valeurs calculées, et en particulier, les propriétés d'anisotropie
du tenseur sont pour la plupart conservées. Nous avons ensuite déterminé l'orientation
optimale du champ magnétique à partir des composantes expérimentales du tenseur γ, et
trouvé une borne inférieure pour le rapport de branchement : R ≥ 0, 13.

Puis, à l'aide d'expériences de nutation optique et d'écho de photon, réalisées séparé-
ment sur chacune des branches du Λ, nous avons obtenu une mesure directe du rapport de
branchement : R = 0, 13±0, 015, sur un échantillon de Tm3+:YAG plongé dans un champ
magnétique optimalement orienté. Cette valeur est cohérente avec la borne inférieure dé-
terminée auparavant, et correspond à un rapport des forces d'oscillateurs des transitions
de

√
R = 0, 36 ± 0, 02.
Ce rapport de branchement n'est valable que pour 2 des 6 sites cristallographiques

de l'yttrium. Par polarisation du faisceau excitateur, on peut éliminer la contribution
à l'absorption de 3 sites non favorables. On se retrouve alors avec 3 sites participant à
l'absorption, dont deux présentent un rapport de branchement optimal. Il est possible de
se débarrasser de la contribution des ions du troisième site (site 1) en les plaçant dans
le sous-niveau non résonnant de l'état fondamental, qui présente une durée de vie de
plusieurs minutes. Nous avons également mesuré une durée de vie des populations dans
les sous-niveaux hyper�ns de 4, 5± 0, 5 s pour les ions des sites présentant un système en
Λ optimal.

Nous avons aussi noté que, contrairement à ce que l'on attendait, l'ion thulium est
plus sensible que le praséodyme aux �uctuations du champ magnétiques induites par
les ions voisins. Pourtant, le thulium présente des durées de vie de cohérences optiques
plutôt longues lorsqu'il est inséré dans une matrice comme le YAG contenant des spins
nucléaires [37]. L'action des spins nucléaires voisins sur les ions Tm sera décrite plus en
détail dans le chapitre 4.

En�n, nous avons observé un élargissement inhomogène sur les splittings Zeeman. En
comparant les sensibilités au champ magnétique de cet élargissement inhomogène dans les
états fondamental et excité, nous avons pu l'attribuer à des inhomogénéités d'orientation
relative du champ magnétique appliqué et des sites cristallins. Nous avons aussi montré
que l'on pouvait réduire en partie cet élargissement en diminuant les inhomogénéités de
champ magnétique.
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Chapitre 3

Manipulation optique d'une cohérence
de spin : principes et théorie

L'excitation d'une cohérence de spin s'inscrit tout naturellement dans la démarche
suivie pendant cette thèse. En e�et, l'objectif poursuivi depuis plusieurs années dans le
groupe consiste à caractériser complètement l'ion thulium dans la perspective du stockage
quantique d'information. Une fois le système en Λ identi�é et caractérisé dans le Tm :YAG,
il semble naturel d'essayer de convertir dans un premier temps un signal optique classique
en un état de superposition de spin nucléaire, et inversement à convertir des états de
superposition de spin en signaux optiques.

Dans la première partie de ce chapitre, nous décrirons les premières expériences qui
ont permis d'étudier la structure hyper�ne d'ions de terre rare dopés dans des cristaux.
Dans la deuxième partie, nous présenterons une étude théorique de la manipulation et de
la détection optique d'une cohérence de spin dans un système à 3 niveaux en présence d'un
élargissement inhomogène optique. Nous décrirons en particulier les di�érentes étapes des
expériences de battements Raman cohérents et d'écho Raman.
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Chapitre 3 - Manipulation optique d'une cohérence de spin : principes et
théorie

3.1 Historique du domaine
Nous allons passer en revue dans cette partie quelques une des di�érentes techniques

qui existent pour étudier et manipuler les sous-niveaux de spin d'un système atomique.
Celles-ci sont décrites par exemple par R. M. Macfarlane [24] ou par D. Suter [102]. On
peut les séparer en deux catégories : celles qui donnent accès aux populations dans les
sous-niveaux de spin, et celles qui permettent de mesurer la cohérence de spin.

3.1.1 Détection des populations dans les sous-niveaux de spin
Les transitoires cohérents en RMN (résonance magnétique nucléaire), sont un moyen

très e�cace d'étudier les interactions magnétiques dans les solides [3]. Cependant, les dis-
positifs de RMN ne sont pas assez sensibles pour permettre d'étudier les milieux dilués.
En e�et, on doit détecter la réponse des atomes par l'intermédiaire des mêmes appareils
qui ont servi à produire le champ magnétique oscillant. La détection optique des popula-
tions modi�ées par les transitoires cohérents rf permet d'améliorer de plusieurs ordres de
grandeur la sensibilité de ces expériences, et rend possible l'étude des milieux dilués avec
les techniques de résonance magnétique, en particulier les cristaux dopés avec des ions de
terre rare .

Résonance magnétique détectée optiquement

Dans la technique de résonance magnétique détectée optiquement (ou ODMR, opti-
cally detected magnetic resonance), on excite la transition optique d'un système par un
faisceau laser continu. Une partie des atomes résonnants avec ce champ excitateur est
portée dans le niveau excité. Un champ magnétique radiofréquence est appliqué simulta-
nément. Si le champ rf est résonnant avec l'une des transitions entre deux sous-niveaux
magnétiques de l'état fondamental, les populations de ces deux sous-niveaux sont modi-
�ées. On peut visualiser la modi�cation des populations en regardant soit le rayonnement
de �uorescence [103], soit l'intensité transmise du faisceau laser excitateur [104], et en fai-
sant varier la fréquence du champ rf. La résonance du champ rf avec une transition entre
sous-niveaux de l'état fondamental entraîne une augmentation de la �uorescence, ou une
augmentation de l'absorption. Ce phénomène est appelé hole-�lling resonance. Lorsque
les forces de transitions optiques sont très déséquilibrées, il est possible de voir une modi-
�cation de l'absorption du matériau lorsque le champ rf est résonnant avec des transitions
de l'état excité. Dans ce cas, l'e�cacité du pompage optique dû au laser de gravure est
augmentée, et le trou gravé par le laser est creusé davantage [105]. Ce phénomène est
appelé hole-burning resonance.

L'ODMR présente plusieurs avantages importants par rapport à la spectroscopie de
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hole-burning (SHB), pour la mesure de la structure hyper�ne. Dans l'ODMR, la structure
hyper�ne des niveaux électroniques peut être mesurée avec une résolution donnée par la
largeur inhomogène des transitions hyper�nes, et pas par la largeur spectrale du laser
comme dans la SHB. De plus, les écarts entre niveaux hyper�ns sont obtenus directement
par résonance rf et ne sont pas masqués par les trous et antitrous issus des combinaisons
de sommes et des di�érences de splittings. Pour des structures complexes, comme par
exemple celle de l'europium [62], cela représente un avantage majeur.

Le champ rf peut aussi être appliqué sous forme d'impulsions de façon à mettre en
÷uvre des transitoires cohérents, comme par exemple les oscillations de Rabi, le rayon-
nement de précession libre (FID), ou l'écho de spin. C'est ce que l'on appelle la double
résonance optique-rf. Dans le cas des oscillations de Rabi, l'intensité transmise d'un fais-
ceau sonde renseigne sur la répartition des populations atomiques dans le système. Dans
le cas du FID ou de l'écho de spin, la réponse du système est contenue dans les cohérences
de spin. Ces cohérences doivent être transformées en populations grâce à une impulsion
laser d'aire π/2, a�n de pouvoir être lues [106]. La détection de la transmission d'un fais-
ceau sonde permet alors de mesurer la largeur inhomogène (dans le cas du FID) ou la
largeur homogène (dans le cas des échos de spin) de la transition hyper�ne étudiée [104].

Des expériences de résonance magnétique détectée optiquement et de double résonance
optique-rf ont permis de mesurer la structure hyper�ne ou les taux de décohérence dans
les sous-niveaux hyper�ns de l'europium [107, 62, 108] et du praséodyme [103, 104, 105,
25, 109, 84, 110] dans diverses matrices cristallines.

3.1.2 Détection d'une cohérence de spin
Détection Raman hétérodyne de la résonance magnétique nucléaire

La résonance magnétique détectée optiquement et la double résonance optique-rf
donnent accès aux populations atomiques dans les sous-niveaux hyper�ns d'un état élec-
tronique, après une séquence d'excitation de la transition hyper�ne par des impulsions
radio-fréquence. Contrairement à ces deux types d'expérience, la technique dite Raman
hétérodyne [111, 112] permet de mesurer les cohérences créées dans les sous-niveaux hy-
per�ns après excitation par un champ radiofréquence. Cette détection est e�ectuée par
di�usion Raman cohérente (ou coherent Raman scattering) [113].

Soient |a〉 et |c〉 deux sous-niveaux de spin, séparés par la fréquence ∆g, dans lesquels
un processus transitoire cohérent a été réalisé à l'aide d'impulsions radiofréquence. On
cherche à convertir la cohérence hyper�ne ρac en cohérence optique. Soit |b〉 un troisième
niveau appartenant à un état électronique di�érent, relié par des transitions optiques aux
deux niveaux |a〉 et |c〉. Ce troisième niveau peut avoir indi�éremment une énergie supé-
rieure ou inférieure à |a〉 et |c〉. Les trois niveaux forment alors un système en Λ ou en
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V. La détection de la cohérence ρac par di�usion Raman cohérente consiste à exciter par
exemple la transition |a〉 → |b〉 avec un laser à la fréquence ν0, pas nécessairement à réso-
nance. Ceci a pour e�et de convertir une partie de la cohérence de spin ρac (aussi appelée
cohérence Raman) en cohérence optique selon la transition |c〉 → |b〉. Comme l'illustre la
�gure 3.1(a), la cohérence optique ainsi créée donne lieu à l'émission d'un champ Stokes
à la fréquence ν0 − ∆g. Lorsque la cohérence de spin est créée par impulsions radiofré-
quence, le champ Stokes se propage dans la même direction que le champ excitateur. Un
détecteur placé sur le trajet du faisceau permet de visualiser le signal de battement entre
le champ Stokes à ν0 −∆g et le champ excitateur à ν0. Le champ excitateur permet donc
également la détection hétérodyne du champ Stokes. Le signal de battement observé est
proportionnel à la cohérence de spin ρac. Le faisceau de détection peut aussi exciter la
transition |c〉 → |b〉 et donner lieu à une émission dite anti-Stokes à la fréquence ν0 + ∆g,
le long de la transition |a〉 → |b〉, comme indiqué sur la �gure 3.1(b). La fréquence du
signal de battement du champ Stokes ou anti-Stokes avec le champ de détection est égale à
∆g, quelle que soit la fréquence du champ de détection. C'est pourquoi la détection d'une
cohérence de spin par di�usion Raman cohérente est très peu sensible aux instabilités
de fréquence du laser produisant le faisceau excitateur. Par exemple, Mlynek et al. ont
mesuré les pro�ls des transitions entre niveaux hyper�ns du Pr :LaF3 avec une précision
de l'ordre du kHz, à l'aide d'un laser présentant une largeur spectrale de 4 MHz [111].
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Fig. 3.1 � Di�usion Raman cohérente dans un système en Λ, permettant la détection
optique de la cohérence hyper�ne entre les sous-niveaux |a〉 et |c〉. Les �èches droites
représentent l'excitation laser à ν0, et les �èches ondulées représentent le champ Stokes
(a) ou anti-Stokes (b) émis respectivement à la fréquence ν0 − ∆g et ν0 − ∆g, issus de la
cohérence hyper�ne.

Depuis 25 ans, la technique Raman hétérodyne est utilisée pour détecter des cohé-
rences hyper�nes des cristaux dopés europium [114, 115], ainsi que dans des cristaux dopés
praséodyme [111, 116, 117]. Des processus transitoires cohérents tels que la nutation, la
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précession libre ou les échos de spin ont été mis en ÷uvre et détectés par la technique
Raman hétérodyne dans des cristaux dopés praséodyme [118, 119, 120], ou dopés euro-
pium [121].

Battements Raman cohérents

Plutôt que d'utiliser des champs radiofréquences, il est également possible de mani-
puler la cohérence de spin avec des impulsions optiques.

impulsion
excitatrice

Intensité du faisceau incident

impulsion de détection par
diffusion Raman cohérente

100 µs20 µs2 µs

Temps

FID
Signal de battement

Temps

Intensité du faisceau transmis

���

���

Fig. 3.2 � (a) Exemple de séquence d'impulsions utilisée pour l'observation de battements
Raman cohérents avec impulsion excitatrice courte et monochromatique. (b) Intensité du
faisceau transmis. FID désigne le rayonnement de précession libre émis par les atomes
dans lesquels une cohérence optique a été créée.

Nous décrivons d'abord l'expérience de battements Raman cohérents (Coherent Ra-
man Beats, parfois appelée quantum-beat free induction decay), schématisée dans la �-
gure 3.2. Une impulsion laser monochromatique quasiment résonnante est envoyée sur un
système en V ou en Λ, dont les transitions optiques sont permises et ne sont pas sélectives
en polarisation. Si l'impulsion est su�samment courte pour que sa largeur spectrale soit
supérieure à l'écart en fréquence des deux transitions optiques, les cohérences optiques
peuvent être excitées selon les deux transitions, qui ont un niveau en commun [voir la
�gure 3.3(a)]. Le système est ainsi placé dans un état de superposition entre ses 3 ni-
veaux. Ainsi, en plus d'exciter les cohérences optiques, l'excitation simultanée des deux
transitions optiques crée une cohérence entre les sous-niveaux de spin, malgré l'absence de
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dipôle de transition entre ces niveaux. La cohérence de spin ainsi créée est ensuite détectée
par di�usion Raman cohérente. Un atout de cette méthode est qu'elle ne nécessite pas
de connaître préalablement les fréquences de transition entre les sous-niveaux hyper�ns.
Elle permet en outre d'exciter d'un seul coup toutes les transitions hyper�nes dont la
fréquence est couverte par le spectre de l'impulsion.

Cette méthode d'excitation percussionnelle ne peut cependant pas fonctionner pour
des splittings plus grands que quelques MHz. En e�et, plus les splittings sont grands, plus
les impulsions utilisées doivent être courtes et intenses. Or l'intensité d'un faisceau laser ne
peut être augmentée indé�niment. Ce problème peut être surmonté par l'utilisation d'une
impulsion bichromatique, représentée dans la �gure 3.3(b), su�samment longue cette fois
pour que ses deux fréquences soient bien séparées spectralement. Ce type d'impulsion peut
être obtenu à partir d'une seule source laser, par l'utilisation d'un modulateur acousto-
optique ou électro-optique, selon la di�érence de fréquence voulue. Les fréquences ν1 et
ν2 de l'impulsion sont choisies pour que la condition de résonance à deux photons soit
véri�ée, c'est-à-dire que ν1−ν2 soit égale à l'écart en fréquence entre les deux sous-niveaux
de spin. Une telle impulsion excite les deux cohérences optiques sur les branches du Λ ou
du V, et excite donc également la cohérence de spin. On peut ainsi exciter une par une les
transitions hyper�nes, sans être limité par la puissance de la source laser. Cependant, il est
nécessaire de connaître au moins approximativement l'écart en fréquence des sous-niveaux
hyper�ns pour que l'excitation des cohérences hyper�nes soit e�cace.
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Fig. 3.3 � Création d'une cohérence de spin entre les sous-niveaux |a〉 et |c〉 par excitation
optique, dans un système en Λ. (a) impulsion courte. On a représenté en rouge le pro�l
spectral de l'impulsion ; (b) impulsion bichromatique, portant les fréquences ν1 et ν2, telles
que la condition de résonance à deux photons (ν1 − ν2 = ∆g) soit vérifée.

L'excitation résonnante d'une transition de spin par un champ radiofréquence permet
d'exciter la cohérence dans tous les atomes indépendamment de leur position dans le
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spectre d'absorption optique, et de leur position spatiale dans l'échantillon. L'excitation
optique d'une transition de spin est, en revanche, plus sélective, aussi bien spectralement
que spatialement, même si elle véri�e la condition de résonance à deux photons. Comme
nous le verrons dans la partie 3.2, l'amplitude de la cohérence de spin est en e�et sensible
au désaccord du champ optique par rapport aux transitions atomiques. Nous montrerons
aussi qu'elle est sensible à l'amplitude du champ excitateur. Celle-ci varie selon la position
des atomes par rapport à l'axe de propagation du faiceau, et par rapport au plan de
focalisation.1

L'excitation optique d'une cohérence de spin est donc moins e�cace spectralement et
spatialement que l'excitation directe par champ radiofréquence, mais elle o�re des facilités
de mise en ÷uvre expérimentale. En e�et, d'une part elle ne nécessite pas de source de
champ radiofréquence, et d'autre part la cohérence peut être créée entre les sous-niveaux
de spin même si les populations atomiques sont initialement égales dans ces niveaux,
contrairement à l'excitation par des impulsions rf. De plus, comme dans les expériences de
Raman hétérodyne, la cohérence de spin est détectée par di�usion Raman cohérente, c'est
pourquoi les battements Raman cohérents permettent de résoudre la structure hyper�ne
des niveaux électroniques avec une résolution bien meilleure que la largeur spectrale du
laser [24].

La première observation des battements Raman cohérents dans un cristal dopé aux
ions de terre rare remonte à 1983 [25]. Shelby et al. ont excité les cohérences hyper�nes de
Pr3+ :YAG, à l'aide d'une l'impulsion excitatrice de 300 ns, et résolu la structure hyper�ne
à 3 niveaux de l'état excité avec une résolution de 50 kHz, malgré une largeur laser de
2 MHz. En 1995, Blasberg et al. ont observé les battements Raman cohérent dans l'état
excité et l'état fondamental de Pr3+ :YAlO3, grâce à une excitation bichromatique des
cohérences de spin, générée grâce à des modulateurs acousto-optiques [122]. Ils ont ainsi
pu exciter et détecter une cohérence de spin à la fréquence 21 MHz.

Lorsque la transition hyper�ne est a�ectée d'un élargissement inhomogène Γinh, les
cohérences de spin, initialement en phase, se déphasent les unes par rapport aux autres
après l'impulsion excitatrice. Le signal de battement obtenu par di�usion Raman cohé-
rente décroît donc en une durée caractéristique de 1/Γinh, même si la durée de vie des
cohérences de spin peut être bien supérieure. Pour accéder optiquement à la durée de vie
des cohérences de spin, il est nécessaire de compenser l'éventuel élargissement inhomogène
sur la transition de spin par des échos Raman.

1Si on considère un faisceau gaussien focalisé dans l'échantillon sur un rayon w0, l'amplitude du
champ est quasiment uniforme dans un cylindre de rayon w0 et de longueur 2zR, dont l'axe coïncide
avec la direction de propagation du faisceau. zR = πw2

0
/λ est la longueur de Rayleigh. Par exemple, si

w0 = 55 µm, l'excitation est uniforme dans un volume V = πw2

0
× 2zR = 0, 46 mm3, à comparer au

volume de l'échantillon qui peut être de l'ordre de plusieurs dizaines de mm3.
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τ1 τ2Τ Τ

amplitude de la tension à ωL1

(a)

�

amplitude de la tension rf
appliquée à AO2

(c)

intensité transmise

écho Raman

FID

(d)

τ1 τ2Τ Τ

amplitude de la tension à ωL2

(b)

Fig. 3.4 � Chronogramme d'une expérience d'écho Raman. (a) Amplitude de la tension de
commande à la fréquence ωL1 ; (b) Amplitude de la tension de commande à la fréquence
ωL2 ; (c) Amplitude de la tension appliquée au modulateur acousto-optique placé devant
le détecteur : ce modulateur est ouvert pendant l'impulsion permettant la détection, et
fermé ailleurs ; (d) Intensité transmise à travers le cristal. FID : rayonnement de précession
libre des cohérences optiques.

Echo Raman

L'expérience d'écho Raman est très proche des battements Raman cohérents que nous
venons de décrire. Elle consiste à intercaler une impulsion supplémentaire entre la première
impulsion qui excite les cohérences Raman et l'impulsion qui permet leur détection. De
même que la première impulsion, cette impulsion supplémentaire est bichromatique. On
note τ1 la durée de la première impulsion, et τ2 la durée de la seconde. Dans un premier
temps, nous considérerons que ces deux impulsions sont composées des mêmes fréquences
optiques ωL1 et ωL2. La di�érence entre ces deux fréquences est égale à ∆g, l'écart en
fréquence entre les sous-niveaux de l'état fondamental, a�n que soit véri�ée la condition
de résonance à deux photons. Lorsque la transition de spin est a�ectée d'un élargissement
inhomogène, cet écart ∆g varie selon les atomes. On appellera donc "résonance à deux

104



3.2 Analyse théorique

photons" la situation où la fréquence ωL1 − ωL2 est égale à l'écart en fréquence moyen
< ∆g >. Comme dans les expériences de battements Raman cohérents, la détection
est e�ectuée à l'aide d'une impulsion rectangulaire de fréquence ωL2. On a représenté
en �gure 3.4 le chronogramme de l'expérience d'écho Raman. Il est assez similaire au
chronogramme d'écho de photon présenté dans la �gure 2.17.

La première impulsion crée à la fois des cohérences optiques et des cohérences Ra-
man dans l'échantillon. On laisse évoluer ces cohérences pendant une durée T . Elles se
déphasent alors les unes par rapport aux autres, selon leur position dans le pro�l in-
homogène optique ou Raman. Les cohérences optiques, en se déphasant, donnent lieu à
l'émission d'un rayonnement de précession libre (free induction decay, ou FID) aux deux
fréquences excitatrices. C'est pourquoi le rayonnement de précession libre optique appa-
raît sur la �gure 3.4(d) comme un battement. La seconde impulsion permet d'inverser
le sens d'évolution des cohérences Raman. Ainsi, au bout du second temps d'évolution
libre T , ces cohérences sont de nouveau en phase. Elles sont alors converties en cohérences
optiques par di�usion Raman cohérente. Dans une telle expérience, l'élargissement inho-
mogène Raman ne constitue plus un obstacle, puisqu'il peut être entièrement compensé.

De même que les échos de photon permettent de mesurer la durée de vie des cohé-
rences optiques en présence d'un élargissement inhomogène, les échos Raman permettent
de mesurer à l'aide d'impulsions optiques la durée de vie des cohérences de spin, malgré
l'élargissement inhomogène de la transition hyper�ne. L'écho Raman a été introduit théo-
riquement en 1968 par S. R. Hartmann [123], et démontré pour la première fois dans un
cristal dopé terre rare (Pr :YSO) par Ham et al. [27, 82]. Des expériences d'écho Raman
ont aussi été réalisées dans des cristaux dopés europium [28].

3.2 Analyse théorique

3.2.1 Motivation
Les processus de battements Raman cohérents et d'écho Raman permettent d'exciter

des cohérences Raman et de les détecter par des moyens optiques. Or, comme nous l'avons
déjà mentionné, l'excitation optique d'une cohérence de spin est peu e�cace spatialement
puisqu'elle est con�née aux atomes proches de l'axe de propagation du faisceau excitateur.
Cette excitation est également sensible au désaccord entre les composantes fréquentielles
de l'impulsion excitatrice et les fréquences des transitions optiques. C'est pourquoi elle
est spectralement sélective en présence d'élargissement inhomogène optique.

Dans l'ensemble des analyses théoriques publiées sur les échos Raman, l'élargissement
inhomogène optique semble avoir été toujours négligé. Dans les références [124, 125],
l'excitation bichromatique d'une cohérence est décrite dans la limite d'impact (ou de
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hard pulses), c'est-à-dire que l'e�et de l'élargissement inhomogène optique est négligé
pendant la durée de l'impulsion excitatrice. Cette hypothèse peut être valable dans le cas
des cristaux dopés Pr ou Eu [27, 121], où la présence de trois sous-niveaux dans l'état
fondamental conduit nécessairement à travailler sur un groupe spectral étroit. Les ions
sont en e�et rapidement pompés par les deux champs excitateurs du système en Λ vers
le troisième sous-niveau. Un laser de repompage, maintenu à fréquence �xe, ramène à
résonance un groupe d'ions dont la largeur est �xée par la largeur de raie laser, tandis que
les ions de fréquence di�érente restent dans le troisième sous-niveau et ne participent pas
au signal d'écho Raman. En revanche, l'hypothèse de limite d'impact n'est pas valable
dans le cas des cristaux dopés aux ions thulium. En e�et, l'absence d'un troisième sous-
niveau dans l'état fondamental empêche ce pompage optique, et on doit alors tenir compte
de l'ensemble des atomes du pro�l inhomogène optique.

Par ailleurs, il est communément admis que la condition de résonance à deux photons
est su�sante pour exciter e�cacement la cohérence Raman, et que la stabilité du laser
n'est pas critique tant que la di�érence de fréquence des deux champs excitateurs est
parfaitement stable. L'un des objectifs de ce calcul est de déterminer le rôle du désaccord
à la résonance à un photon, et de préciser la condition de stabilité du laser dans ces
conditions.

Nous allons présenter dans cette partie une étude théorique des di�érentes étapes de
la manipulation et de la détection optique d'une cohérence de spin présentes dans les
expériences de battements Raman cohérents et d'écho Raman. Nous restreindrons cette
étude à un système à 3 niveaux en V ou en Λ. Avant d'étudier la formation de la co-
hérence de spin, nous examinerons le mécanisme de sa détection par di�usion Raman
cohérente, qui est une étape commune aux expériences de battements Raman et d'écho
Raman. Nous montrerons que ce processus est très proche du mécanisme élémentaire
d'absorption. Nous décrirons ensuite l'excitation d'une cohérence de spin par une impul-
sion monochromatique. Nous étudierons également l'excitation d'une cohérence de spin
par une impulsion bichromatique. Nous nous intéresserons à la distribution spectrale des
cohérences Raman créées optiquement par une impulsion bichromatique, selon l'état ini-
tial du système. En�n, nous étudierons le phénomène d'inversion de phase qui a lieu lors
de la seconde impulsion bichromatique de la séquence d'écho Raman. Nous étudierons la
sensibilité à l'écart à la résonance optique, ainsi que les aires d'impulsions optimales de
ces di�érentes étapes.

3.2.2 Absorption linéaire et di�usion Raman cohérente
Nous allons décrire ici le mécanisme de di�usion Raman cohérente, qui est utilisé pour

la détection optique des cohérences de spin dans les expériences de battements Raman et
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�

�∆

�
ω

Fig. 3.5 � Système à deux niveaux excité par un champ monochromatique.

d'échos Raman. Nous allons tenter d'établir les similitudes et di�érences entre ce processus
et le processus d'absorption d'un champ sonde faible par un ensemble d'atomes à deux
niveaux.

Absorption linéaire dans un système à deux niveaux

Soit un système à deux niveaux |a〉 et |b〉 reliés par une transition optique de fréquence
ωab, représenté sur la �gure 3.5. Ce système est éclairé par une onde monochromatique
de fréquence ωL et d'amplitude E . ∆ = ωb − ωa − ωL désigne le désaccord de l'onde
excitatrice par rapport à la fréquence de la transition atomique. La pulsation de Rabi de
l'excitation est supposée réelle et est notée Ω′ = µabE/~, où µab est le moment dipolaire
de la transition |a〉 → |b〉. L'état du système à tout instant t est décrit par la fonction
|ψ〉 = a(t) |a〉 + b(t) |b〉. On dé�nit un nouveau système de coordonnées :

a(t) = a(t)e−iωat

b(t) = b(t)e−iωbtei∆t (3.1)

En l'absence de relaxation, l'évolution du système en présence d'une excitation monochro-
matique est décrite par l'équation de Schrödinger :

ȧ(t) = i
Ω′

2
b(t)

ḃ(t) = i
Ω′

2
a(t) − i∆b(t) (3.2)

On dé�nit la cohérence optique ρab(t) = a∗(t)b(t) = a∗(t)b(t)e−iωLt = ρ
ab

(t)e−iωLt, et la
di�érence de population nab(t) = b(t)b∗(t)− a(t)a∗(t). A partir de l'équation 3.2, on peut
obtenir l'équation d'évolution de la cohérence optique :

ρ̇
ab

(t, ∆) = −i∆ρ
ab

(t, ∆) − i

2
Ω′nab(∆) (3.3)

107



Chapitre 3 - Manipulation optique d'une cohérence de spin : principes et
théorie

Cette équation peut s'écrire sous forme intégrale :

ρ
ab

(t, ∆) = ρ
ab

(t0, ∆)e−i∆(t−t0) − i

2

∫ t

t0

dt′Ω′nab(t, ∆)e−i∆(t−t′) (3.4)

On branche le laser à l'instant t0, et on suppose que la cohérence optique est nulle à
cet instant, quel que soit ∆. On fait également l'hypothèse que la fréquence de Rabi du
champ sonde est petite devant le désaccord optique ∆. Alors, à l'ordre le plus bas de
perturbation, la di�érence de population nab ne dépend pas du temps.

ρab(t, ∆)eiωLt = − i

2

∫ t

t0

dt′Ω′nab(t0, ∆)e−i∆(t−t′) (3.5)

On considère maintenant un grand nombre d'atomes à deux niveaux excités par le champ
sonde à la fréquence ωL. Ces atomes ont des fréquences de transitions réparties selon une
distribution G(∆). La densité de polarisation macroscopique est donnée par : P(t) =

µab

∫
d∆G(∆)(ρab + ρba).

P(t) = − i

2

µ2
abE
~

e−iωLt

∫

d∆G(∆)nab(t0, ∆)

∫ t

t0

dt′e−i∆(t−t′)

︸ ︷︷ ︸

+c.c. (3.6)

L'intégrale soulignée peut être modi�ée par le changement de variable τ = t − t′ :
∫ t

t0

dt′e−i∆(t−t′) =

∫ t−t0

0

dτe−i∆τ (3.7)

On suppose que la mesure est e�ectuée longtemps après le début de l'impulsion sonde :
t − t0 → ∞. Alors

∫ t−t0
0

dτe−i∆τ → πδ(∆) − vp i
∆
. δ désigne la fonction de Dirac, et vp

représente la valeur principale de Cauchy. L'amplitude du champ réponse est donc

E =
kL

4ǫ0

µ2
abE
~

∫

d∆G(∆)nab(t0, ∆)

(

πδ(∆) − vp
i

∆

)

(3.8)

Le champ réponse comporte donc deux composantes très di�érentes : d'une part, une com-
posante résonnante, en phase avec le champ excitateur E , et d'autre part, une composante
dispersive (en 1/∆), en quadrature avec le champ excitateur. La composante dispersive
est liée à la causalité.

Le champ sonde incident et le champ réponse sont émis à la même fréquence ωL.
L'intensité totale détectée en transmission s'écrit I = |Ee−iωLt + Ee−iωLt|2 = |E + E|2.
L'échantillon est supposé optiquement mince, donc |E|2 ≫ E2. On obtient alors, en sup-
posant que E est réel :

I ≈ E2 + E(E + E∗) = E2 + 2ERe(E) (3.9)

Ainsi, seule la partie réelle du champ réponse (c'est-à-dire en phase avec le champ inci-
dent) contribue au signal. Cette partie réelle est strictement résonnante avec le champ
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excitateur. La partie dispersive du champ réponse, en quadrature de phase avec le champ
excitateur, n'intervient pas dans l'expression de l'intensité transmise. Une expérience d'ab-
sorption linéaire ne permet de mesurer la di�érence de population nab que dans les atomes
strictement résonnants (∆ = 0) avec le champ sonde.

Si l'on tient compte de la largeur homogène γab de la transition optique, alors on peut
montrer que les atomes qui participent au signal sont résonnants avec le champ sonde à
γab près (∆ ≤ γab).

Détection d'une cohérence de spin par un champ faible

On considère maintenant un ensemble de systèmes à 3 niveaux en Λ |a〉, |b〉, et |c〉. On
suppose que les atomes sont placés dans un état de superposition des niveaux |a〉 et |c〉,
décrit par la cohérence Raman ρac(t, ∆). On néglige la relaxation des cohérences et des
populations. On néglige également l'élargissement inhomogène sur la transition Raman
|a〉 → |c〉. On applique à l'instant t0 un champ de lecture de fréquence ωL et d'amplitude
E , supposée réelle. On suppose que ce champ n'excite que la transition |c〉 → |b〉, avec
le désaccord ∆ = ωb − ωc − ωL. La pulsation de Rabi correspondante est Ω′

2 = µcbE/~.
L'état |a〉 n'est pas couplé au champ excitateur.

�

�

�

∆

�
ω

� �
ω + ∆

Fig. 3.6 � Di�usion Raman cohérente dans un système en Λ. Le système est excité selon la
transition |b〉 → |c〉 à la fréquence ωL2, ce qui convertit la cohérence Raman (représentée
par le zigzag pointillé) en une cohérence optique selon la transition |a〉 → |b〉 et donne
lieu à l'émission d'un champ anti-Stokes.

L'état du système à tout instant t est décrit par la fonction |ψ〉 = a(t) |a〉+ b(t) |b〉+

c(t) |c〉. On dé�nit le système de coordonnées :

a(t) = a(t)e−iωat

b(t) = b(t)e−iωbtei∆t (3.10)
c(t) = c(t)e−iωct
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En l'absence de relaxation, l'évolution du système est décrite par l'équation de Schrödin-
ger :

ȧ(t) = 0

ḃ(t) = −i∆b(t) + i
Ω′

2

2
c(t) (3.11)

ċ(t) = i
Ω′

2

2
b(t)

On s'intéresse à l'équation d'évolution de la cohérence optique ρab(t) = a∗(t)b(t) =

a∗(t)b(t)e−i(ωL+∆g)t = ρ
ab

(t)e−i(ωL+∆g)t, avec ∆g = ωc − ωa. D'après le système d'équa-
tions précédent, on a :

ρ̇
ab

(t) = −i∆ρ
ab

(t) +
i

2
Ω′

2ρac
(t) (3.12)

où ρ
ac

(t) = a∗(t)c(t)e−i∆gt = ρac(t)e
−i∆gt. Cette équation peut s'écrire sous forme inté-

grale :

ρ
ab

(t, ∆) = ρ
ab

(t0, ∆)e−i∆(t−t0) +
i

2

∫ t

t0

dt′Ω′
2ρac(t

′, ∆)e−i∆gt′e−i∆(t−t′) (3.13)

Ainsi, si le système est initialement dans un état de superposition de |a〉 et |c〉, alors une
cohérence optique est créée selon la transition |a〉 → |b〉, comme nous l'avons illustré dans
la �gure 3.6. Cette cohérence donne lieu à l'émission d'un champ de réponse du système
à la fréquence ωL + ∆g.

Dans l'hypothèse du régime linéaire, c'est-à-dire où le champ de lecture est peu in-
tense (Ω′

2 ≪ ∆), ρac(t
′, ∆)e−i∆gt′ est constant à l'ordre le plus bas de perturbation :

ρac(t
′, ∆)e−i∆gt′ = ρac(t0, ∆)e−i∆gt0 . Le changement de variable τ = t − t′ permet d'obte-

nir l'expression :

ρ
ab

(t, ∆) = ρ
ab

(t0, ∆)e−i∆(t−t0) +
i

2
Ω′

2ρac(t0, ∆)e−i∆gt0

∫ t−t0

0

dτe−i∆τ (3.14)

Comme dans l'analyse de l'absorption linéaire, on fait l'hypothèse que la mesure est ef-
fectuée longtemps après le début de l'impulsion de lecture, c'est-à-dire quand t− t0 → ∞.
Alors

∫ t−t0
0

dτe−i∆τ → πδ(∆)−vp i
∆
, où vp représente la valeur principale. On suppose éga-

lement que, quel que soit ∆, la cohérence optique ρab est nulle à l'instant t0. La cohérence
optique s'écrit �nalement :

ρab(t, ∆)ei(ωL+∆g)t =
i

2
Ω′

2ρac(t0, ∆)e−i∆gt0(πδ(∆) − vp
i

∆
) (3.15)

Dans la limite d'un champ de détection peu intense, la réponse du système est donc
indépendante du temps : elle conserve une amplitude constante tant que le champ sonde
est appliqué.
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L'amplitude du champ réponse anti-Stokes provenant de la cohérence optique ρab,
émis à la fréquence ωL + ∆g, s'écrit :

EAS(t) = −kL

4ǫ0

µabµcbE
~

e−i∆gt0

∫

d∆G(∆)ρac(t0, ∆)

(

πδ(∆) − vp
i

∆

)

(3.16)

Cette expression est très similaire à l'équation (3.8) obtenue dans le calcul de l'absorption
linéaire d'un champ sonde par un ensemble d'atomes à deux niveaux. La cohérence Raman
ρac(t0, ∆) remplace la di�érence de population nab(∆). On distingue ici aussi deux termes,
un terme résonnant en δ(∆) et un terme dispersif en 1/∆.

En réalité le champ de lecture peut exciter les deux transitions optiques du Λ, pour
donner naissance à un champ Stokes selon la transition |c〉 → |b〉, et un champ anti-Stokes
selon la transition |a〉 → |b〉. On peut e�ectuer un calcul similaire et exprimer la cohérence
optique ρcb à l'instant t :

ρcb(t, ∆)ei(ωL−∆g)t =
i

2
Ω′

1ρca(t0, ∆)ei∆gt0(πδ(∆′) − vp
i

∆′ ) (3.17)

On note Ω′
1 la pulsation de Rabi du champ de lecture sur la transition |a〉 → |b〉. Le

désaccord optique du champ de lecture par rapport à la transition |c〉 → |b〉 est ∆′ =

∆ + ∆g. On obtient en�n l'amplitude du champ réponse Stokes, émis à la fréquence
ωL − ∆g :

ES(t) = −kL

4ǫ0

µcbµabE
~

ei∆gt0

∫

d∆G(∆)ρca(t0, ∆)

(

πδ(∆ + ∆g) − vp
i

∆ + ∆g

)

(3.18)

Le champ réponse total émis par l'ensemble d'atomes, en tenant compte du champ
Stokes et du champ anti-Stokes, s'écrit :

E(t) = EASei(ωL+∆g)t + ESei(ωL−∆g)t = −eiωLtKE(CASei∆gt + CSe−i∆gt) (3.19)

en posant :
K =

kL

4ǫ0

µcbµab

~
(3.20)

CAS = e−i∆gt0

∫

d∆G(∆)ρac(t0, ∆)

(

πδ(∆) − vp
i

∆

)

(3.21)

CS = ei∆gt0

∫

d∆G(∆)ρca(t0, ∆)

(

πδ(∆ + ∆g) − vp
i

∆ + ∆g

)

(3.22)

L'intensité transmise est donnée par :

I(t) = |E|2|1 + Kei∆gtCAS + Ke−i∆gtCS|2 (3.23)
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L'amplitude du terme oscillant à la fréquence ∆g est égale au module de la quantité
suivante :

K(CAS + C∗
S)E2 =

kL

4ǫ0

µcbµab

~
e−i∆gt0

∫

d∆G(∆)ρac(t0, ∆)

×
(

πδ(∆) + πδ(∆ + ∆g) + vp
i

∆ + ∆g

− vp
i

∆

) (3.24)

Ceci n'est valable que si l'on peut séparer la composante oscillant à la fréquence ∆g du
fond continu, c'est-à-dire si le battement est observé sur une durée assez longue.

Si on suppose que le pro�l inhomogène G(∆) est plat et très large, l'amplitude du
signal est proportionnelle à |CAS + C∗

S| :
∣
∣
∣
∣
π[ρac(t0, 0) + ρac(t0,−∆g)] +

∫ ∞

−∞
d∆ρac(t0, ∆)

(

vp
i

∆ + ∆g

− vp
i

∆

)∣
∣
∣
∣

(3.25)

Or, par dé�nition de la valeur principale,
∫ ∞

−∞
f(∆)vp

1

∆
d∆ = lim

ǫ→0

∫ ∞

ǫ

f(∆) − f(−∆)

∆
d∆ =

∫ ∞

0

f(∆) − f(−∆)

∆
d∆ (3.26)

L'amplitude du signal de battement est donc proportionnel à :
|CAS + C∗

S| = |π[ρac(t0, 0) + ρac(t0,−∆g)]
︸ ︷︷ ︸

partie résonnante

+

i

∫ +∞

0

d∆
ρac(t0, ∆ − ∆g) + ρac(t0, ∆) − ρac(t0,−∆ − ∆g) − ρac(t0,−∆)

∆
︸ ︷︷ ︸

partie dispersive

|
(3.27)

On distingue dans cette expression deux termes de nature di�érente. Le premier terme
provient de la cohérence Raman présente dans les atomes résonnants optiquement avec
l'impulsion de lecture. Ce terme est noté "partie résonnante". L'autre terme décrit la
contribution des atomes non résonnants, et est appelé "partie dispersive".

Le mécanisme de di�usion Raman cohérente est donc très semblable au processus
d'absorption linéaire décrit au début de ce paragraphe. En e�et, dans les deux méca-
nismes, la cohérence optique créée comporte une composante résonnante optiquement
et une composante dispersive. Toutefois, dans le cas de la di�usion Raman cohérente,
comme la réponse du système est détectée par battement, le signal contient non seule-
ment la contribution des atomes résonnants avec le champ de lecture, mais aussi celle des
atomes non résonnants, contenue dans la "partie dispersive".

3.2.3 Excitation optique de la cohérence Raman par une impul-
sion monochromatique

Soit un système à trois niveaux en Λ ou en V |a〉, |b〉, |c〉, soumis à une impulsion
optique rectangulaire de fréquence ωL et de durée τ1. Les transitions optiques sont |a〉 →
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|b〉 et |c〉 → |b〉. Le désaccord de l'impulsion par rapport aux transitions optiques est noté
∆ = ωab − ωL pour |a〉 → |b〉 et ∆ − ∆g = ωcb − ωL pour |c〉 → |b〉. On suppose que
l'impulsion peut exciter les deux transitions. Les pulsations de Rabi de l'excitation sont
supposées réelles et sont notées : Ω1 selon la transition |a〉 → |b〉, et Ω2 selon la transition
|c〉 → |b〉.

L'état du système à tout instant t est décrit par la fonction |ψ〉 = a(t) |a〉+ b(t) |b〉+

c(t) |c〉. On dé�nit un nouveau système de coordonnées :

a(t) = ã(t)e−iωate−i∆t

b(t) = b̃(t)e−iωbt (3.28)
c(t) = c̃(t)e−iωcte−i(∆−∆g)t

En l'absence de relaxation, l'évolution du système en présence d'une excitation monochro-
matique est décrite par l'équation de Schrödinger :

˙̃a(t) = i∆ã(t) + i
Ω1

2
b̃(t)

˙̃b(t) = i
Ω1

2
ã(t) + i

Ω2

2
c̃(t) (3.29)

˙̃c(t) = i
Ω2

2
b̃(t) + i(∆ − ∆g)c̃(t)

Pour résoudre un tel système di�érentiel, il faut expliciter ses valeurs propres qui sont
racines d'un polynôme de degré 3. Ces racines n'ont pas d'expression simple. On résout
donc le système analytiquement par l'intermédiaire d'un logiciel de calcul comme Mathe-
matica. On obtient alors la cohérence Raman ρac(τ1, ∆) = a∗(τ1)c(τ1) = ã∗(τ1)c̃(τ1) à la
�n de l'impulsion excitatrice.

Une telle excitation ne peut fonctionner que si le spectre de l'impulsion excitatrice est
plus large que l'écart en fréquence entre les niveaux |a〉 et |c〉. Plus l'impulsion est longue,
moins l'excitation est e�cace. Considérons une expérience de battements Raman cohérents
dont la séquence d'impulsion est constituée d'une impulsion excitatrice monochromatique,
puis d'une impulsion monochromatique de lecture supposée peu intense. On utilise les
résultats du paragraphe 3.2.2, en particulier le résultat de l'équation (3.24) pour calculer
l'amplitude du signal détecté.

A titre d'exemple, on a calculé l'amplitude du signal que l'on devrait observer si l'on
réalisait une expérience de battements Raman cohérents dans un système à 3 niveaux en
V. Les pulsations de Rabi de l'impulsion excitatrice sont Ω1 = π/4τ1 et Ω2 = 0, 36π/4τ1

et sa durée est �xée à τ1 = 2 µs. L'amplitude du signal de battement est représentée sur
la �gure 3.7 en fonction du splitting entre les deux sous-niveaux. On a aussi représenté
sur la �gure la contribution au signal de la partie résonnante, et la contribution au signal
de la partie dispersive. Chacune de ces composantes présente des minima régulièrement
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espacés de 500 kHz, correspondant à une variation de 1 du produit ∆gτ1. En particulier,
les minima de la partie résonnante du signal de battement coïncident précisément avec
les zéros du spectre de l'impulsion excitatrice. L'amplitude du signal de battement ne
présente néanmoins pas de minima aussi marqués.

Pour des aires de l'impulsion excitatrice inférieures à celles que nous avons choisies
pour la �gure 3.7, l'amplitude du signal de battement a la même allure. Pour des aires
plus importantes, en revanche, le calcul montre qu'elle peut présenter des minima régu-
lièrement espacés de 1/τ1. Ces minima peuvent être plus ou moins marqués selon l'aire
de l'impulsion excitatrice. Ainsi par exemple, dans la �gure 3.8, on a représenté l'ampli-
tude du signal de battement attendu si l'impulsion excitatrice pour di�érentes aires de
l'impulsion excitatrice. Les minima sont plus marqués lorsque l'aire est 1, 5π.

Les deux �gures 3.7 et 3.8 montrent que l'excitation d'une cohérence de spin par une
impulsion monochromatique n'est e�cace que si le splitting (exprimé en Hz) entre les
deux sous-niveaux de spin est inférieur à 1/τ1.

Le phénomène de battement ne se produit que lorsque ∆g 6= 0, donc l'amplitude du
battement n'a pas de sens pour un splitting nul. On peut tout de même noter qu'à ∆g = 0,
la cohérence Raman créée est maximale, car les deux transitions sont excitées à résonance
optique. Il est possible de détecter tout de même par battement le signal provenant de
cette cohérence entre sous-niveaux dégénérés, en séparant par exemple par e�et Stark
les sous-niveaux juste après l'excitation. Ceci a été réalisé par exemple dans une vapeur
moléculaire de C13H3F, dans la toute première mise en évidence des battements Raman
cohérents par Shoemaker et Brewer [126].

3.2.4 Excitation optique d'une cohérence de spin par une impul-
sion bichromatique

Equation de Schrödinger

On considère un système à 3 niveaux en Λ soumis à une excitation bichromatique
{ωL1, ωL2} de pulsations de Rabi Ω1 et Ω2, respectivement, sur chacune des transitions du
système en Λ. On suppose que chacune des fréquences est couplée à une seule transition
optique. On suppose aussi que la condition de résonance Raman est satisfaite, c'est-à-dire
que les deux fréquences sont désaccordées de la même quantité par rapport à la résonance
optique : ωL1 −ωL2 = ∆g. On néglige l'élargissement inhomogène de la transition Raman,
ainsi que l'ensemble des processus de relaxation. On note ∆ le désaccord des pulsations
ωL1 et ωL2 par rapport à la résonance optique :

∆ = ωb − ωa − ωL1 = ωb − ωc − ωL2 (3.30)
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Fig. 3.7 � Amplitude du signal de battements Raman cohérents en fonction du splitting
entre les sous-niveaux hyper�n d'un système à 3 niveaux en V (ligne continue). L'impulsion
excitatrice est supposée monochromatique, de forme rectangulaire, et de durée τ1 = 2 µs,
et d'aire π/4. On a aussi représenté sur la �gure la contribution au signal de la partie
résonnante (traits), et la contribution au signal de la partie dispersive (points).
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L'état de l'atome à 3 niveaux s'écrit :

|ψ〉 = a(t) |a〉 + b(t) |b〉 + c(t) |c〉 (3.31)

On dé�nit un nouveau système de coordonnées a, b, c :

a(t) = a(t)e−iωat

b(t) = b(t)e−iωbtei∆t (3.32)
c(t) = c(t)e−iωct

En l'absence de relaxation, l'évolution du système est décrite par l'équation de Schrödin-
ger :






ȧ

ḃ

ċ




 =

i

2






0 Ω1 0

Ω∗
1 −2∆ Ω∗

2

0 Ω2 0











a

b

c




 (3.33)

Ce système di�érentiel peut être résolu analytiquement, et s'écrire sous la forme :





a(t)

b(t)

c(t)




 = Û(t − t0)






a(t0)

b(t0)

c(t0)




 (3.34)

où l'opérateur évolution Û(t) s'écrit :

Û(t)=







|Ω2|2
Ω2 + |Ω1|2

Ω2 (α + i∆
χ

β)e−i∆t/2 iΩ1

χ
βe−i∆t/2 −Ω1Ω∗

2

Ω2

[

1 −
(

α + i∆
χ

β
)

e−i∆t/2
]

iΩ∗

1

χ
βe−i∆t/2 (α − i∆

χ
β)e−i∆t/2 iΩ∗

2

χ
βe−i∆t/2

−Ω∗

1Ω2

Ω2

[

1 −
(

α + i∆
χ

β
)

e−i∆t/2
]

iΩ2

χ
βe−i∆t/2 |Ω1|2

Ω2 + |Ω2|2
Ω2 (α + i∆

χ
β)e−i∆t/2







(3.35)
avec

Ω =
√

|Ω1|2 + |Ω2|2 χ =
√

Ω2 + ∆2 (3.36)

α = cos
χt

2
β = sin

χt

2
(3.37)

Les coe�cients de l'opérateur Û seront notés Uij. Cet opérateur a déjà été explicité par
Mossberg et al. [124].

En l'absence de toute excitation, Ω1 = Ω2 = 0. L'opérateur d'évolution libre s'écrit
alors :

Û0(t) =






1 0 0

0 e−i∆t 0

0 0 1




 (3.38)
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Système initialement à l'équilibre thermique

Soit un système à 3 niveaux en Λ initialement à l'équilibre thermique. Dans les cristaux
dopés aux ions de terre rare refroidis à la température de l'hélium liquide (quelques
kelvins), cela signi�e que les ions sont également répartis entre les sous-niveaux de l'état
fondamental, et que la cohérence entre ces deux sous-niveaux est nulle dans tous les ions.
L'état d'un tel système peut s'écrire de la façon suivante :

a(0) = 1/
√

2 b(0) = 0 c(0) = eiφ/
√

2 (3.39)

Les éléments de la matrice densité sont obtenus après une moyenne sur la phase φ. Par
exemple, la cohérence Raman ρac est donnée par :

ρac(t, ∆)e−i∆gt = 〈a∗(t, ∆)c(t, ∆)〉φ (3.40)

〈X〉φ désigne la valeur moyenne de la quantité X sur φ. Ainsi, on a bien initialement
ρaa(t = 0) = ρcc(t = 0) = 1/2 et ρac(t = 0) = 0.

On s'intéresse à l'évolution de ce système lorsqu'il est éclairé par une impulsion bi-
chromatique de durée τ1, et de fréquences de Rabi Ω1 et Ω2 sur chacune des transitions
du Λ. Alors la cohérence Raman créée par une telle impulsion dans un système en Λ

initialement à l'équilibre thermique s'écrit :

ρac(τ1, ∆)e−i∆gτ1 =
1

2
[U∗

11(τ1, ∆)U31(τ1, ∆) + U∗
13(τ1, ∆)U33(τ1, ∆)] (3.41)

= −1

8
(Ω∗

1τ1)(Ω2τ1)

[
sin(χτ1/2)

χτ1/2

]2

(3.42)

où Uij sont les coe�cients de la matrice Û .
Le module de la cohérence Raman créée dans les atomes résonnants optiquement avec

l'impulsion excitatrice est représenté en �gure 3.10(a), en fonction des pulsations de Rabi

�

�

�

∆

Fig. 3.9 � Système en Λ à l'équilibre thermique : les états |a〉 et |c〉 sont initialement
également peuplés.
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Fig. 3.10 � Module de la cohérence Raman créée dans l'état fondamental d'un système à 3
niveaux en Λ par une impulsion bichromatique de durée τ1. Le système est initialement à
l'équilibre thermique. (a) En fonction des aires d'impulsions, pour un désaccord optique ∆

nul. La croix correspond aux aires d'impulsion optimisées : Ω1τ1 = Ω2τ1 = π/
√

2. L'échelle
des niveaux de gris s'étend de 0 (noir) à 0, 5 (blanc). (b) En fonction du désaccord optique
∆τ1/2π. Les aires de l'impulsion sont π/

√
2 sur les deux transitions optiques.

Ω1 et Ω2. Il atteint sa valeur maximum 0, 25 quand les aires d'impulsion le long des deux
transitions du Λ sont Θ1 = Ω1τ1 = Θ2 = Ω2τ1 = π/

√
2. Ce maximum est à comparer à

la valeur 0, 5 que le module de la cohérence Raman ne peut dépasser, quelle que soit la
technique utilisée pour créer la cohérence et quel que soit l'état initial du système.

On a représenté l'allure de la cohérence Raman dans un système à 3 niveaux en
fonction du désaccord optique ∆ dans la �gure 3.10(b), avec Ω1τ1 = Ω2τ1 = π/

√
2. Les

cohérences Raman sont excitées sur un intervalle spectral du pro�l inhomogène optique
de l'ordre de l'inverse de la durée de l'impulsion. Lorsque |∆| ≫ Ω, la cohérence Raman
décroît en valeur absolue comme 1/∆2. En e�et, comme les populations entre les deux
sous-niveaux fondamentaux |a〉 et |c〉 sont initialement égales, l'excitation à deux photons
de la cohérence Raman n'est pas e�cace. Ceci est compris par analogie avec une transition
optique dans un système à deux niveaux : la lumière n'interagit pas avec un échantillon où
la di�érence de population et la cohérence optique sont initialement nuls. C'est seulement
dans les ions résonnants optiquement avec l'impulsion excitatrice que la cohérence de
spin peut être créée, par l'intermédiaire de la population du niveau excité. C'est pourquoi
le pro�l spectral des cohérences créées est proportionnel à la transformée de Fourier de
l'impulsion excitatrice, qui a la forme d'un sinus cardinal.
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Ainsi, si le système est initialement à l'équilibre thermique, la cohérence Raman est
créée uniquement dans les ions qui sont résonnants optiquement avec les champs excita-
teurs. La cohérence maximale en valeur absolue que l'on peut atteindre est de 0, 25. De
plus, quelles que soient les aires de l'impulsion excitatrice, la cohérence Raman créée est
une fonction réelle et paire du désaccord optique ∆.

Système préparé dans un état pur

On suppose ici que tous les atomes sont préparés dans le niveau |a〉 : a(0) = 1,
b(0) = 0, et c(0) = 0. Un système ainsi préparé est représenté sur la �gure 3.11. Dans ce
cas, l'action d'une impulsion bichromatique se restreint à :

ρac(τ1, ∆)e−i∆gτ1 = a∗(τ1, ∆)c(τ1, ∆) = U∗
11(τ1, ∆1)U31(τ1, ∆1) (3.43)

ρac(τ1, ∆)e−i∆gτ1 = −Ω∗
1Ω2

Ω2

[

1 −
(

α + i
∆

χ
β

)

e−i
∆τ1
2

][ |Ω2
2|

Ω2
+

|Ω2
1|

Ω2

(

α − i
∆

χ
β

)

e−i
∆τ1

2

]

(3.44)

�

�

�

∆

Fig. 3.11 � Système en Λ préparé dans l'état |a〉.

Le module de la cohérence Raman est représenté en �gure 3.12(a), à résonance optique,
en fonction des aires de l'impulsion excitatrice selon chacune des transitions. Il atteint sa
valeur maximum 0, 5 à résonance optique ∆ = 0 et par exemple quand Ω1τ1 = 2π cos(π/8)

selon la transition |a〉 → |b〉 et Ω2τ1 = 2π sin(π/8) selon la transition |c〉 → |b〉.
On a représenté sur la �gure 3.12(b) le module de la cohérence Raman ρac donnée

dans l'équation (3.44), en fonction du désaccord optique ∆, avec Ω1τ1 = 2π cos(π/8) et
Ω2τ1 = 2π sin(π/8). L'état de cohérence maximal (|ρac| = 0, 5) est obtenu pour les atomes
résonnants optiquement avec l'impulsion excitatrice. Par ailleurs, loin de la résonance
optique, pour ∆ ≫ Ω, le module de la cohérence Raman varie comme 1/∆. C'est la
signature d'un processus résonnant à 2 photons. Ainsi, quand le système est préparé dans
un état pur, l'excitation optique de la cohérence Raman est non seulement plus e�cace
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Fig. 3.12 � Module de la cohérence Raman créée dans l'état fondamental d'un système à
3 niveaux en Λ par une impulsion bichromatique de durée τ1. Le système est initialement
préparé dans l'un des sous-niveaux fondamentaux. (a) En fonction des aires d'impulsions,
pour un désaccord optique ∆ nul. L'échelle des niveaux de gris est la même que dans la
�gure 3.10 s'étend de 0 (noir) à 0, 5 (blanc). La croix correspond aux aires d'impulsion
optimales : Ω1τ1 = 2π cos(π/8) et Ω2τ1 = 2π sin(π/8). (b) En fonction du désaccord
optique ∆τ1/2π. Les aires de l'impulsion sont optimales Ω1τ1 = 2π cos(π/8) et Ω2τ1 =

2π sin(π/8).
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Fig. 3.13 � Parties réelle et imaginaire de la cohérence de spin créée par une impulsion
bichromatique de durée τ1, en fonction du désaccord optique ∆τ1/2π, dans un système à
3 niveaux en Λ. Les ions sont initialement préparés dans l'un des sous-niveaux fondamen-
taux. Les aires d'impulsion sont Ω1τ1 = 2π cos(π/8) et Ω2τ1 = 2π sin(π/8).
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mais aussi beaucoup moins sélective en fréquence, c'est-à-dire que la cohérence Raman
est aussi créée dans des atomes plus éloignés de la résonance optique.

A la di�érence d'une situation initiale de mélange statistique, la cohérence Raman
construite optiquement à partir d'un état pur comprend une composante impaire. On a
représenté sur la �gure 3.13 les parties paire et impaire (qui coïncident respectivement
avec les parties réelle et imaginaire) de la cohérence Raman créée dans un système à 3
niveaux en Λ pour les aires d'impulsion optimales déterminées ci-dessus. On utilise pour
cela l'équation (3.44). On constate que les deux composantes se comportent di�éremment
lorsque ∆ ≫ Ω : la partie réelle décroît comme 1/∆2, et la partie imaginaire décroît
comme 1/∆. Ces deux comportements constituent respectivement la signature d'un pro-
cessus résonnant à un photon, qui nécessite le peuplement du niveau excité, et celle d'une
excitation directe à deux photons.

Nous avons donc montré ici que l'excitation optique des cohérences Raman est sensible
à la position des atomes dans le pro�l d'absorption inhomogène, même lorsqu'elle véri�e
la condition de résonance à deux photons, et ce quel que soit l'état initial du système. En
e�et, les cohérences Raman sont excitées sur un intervalle spectral de l'ordre de l'inverse
de la durée de l'impulsion excitatrice, centré sur la résonance optique. Cela implique en
particulier que la source produisant les deux champs optiques doit présenter une stabilité
meilleure que 1/τ1. La stabilité de la di�érence des deux fréquences n'est donc pas une
condition su�sante pour que les cohérences Raman soient créées de façon contrôlée.

Di�usion Raman cohérente par un champ faible

Une impulsion rectangulaire monochromatique dite de lecture est envoyée à l'instant
t0 sur le système en Λ. Une cohérence de spin entre les deux sous-niveaux fondamentaux a
été préalablement créée dans ce système à l'aide d'une impulsion bichromatique de durée
τ1 et de fréquences ωL1, ωL2 véri�ant la condition de résonance à deux photons. L'impulsion
de lecture excite les deux transitions optiques du système, ce qui donne naissance à un
champ Stokes et à un champ anti-Stokes, comme cela a été décrit dans la partie 3.2.2.

On suppose que la fréquence du champ de lecture est égale à la composante ωL2 de
l'impulsion excitatrice bichromatique. Sa pulsation de Rabi est notée Ω′

1 selon la transition
|a〉 → |b〉, et Ω′

2 selon la transition |c〉 → |b〉. On note ∆ le désaccord optique entre la
fréquence de la transition atomique |c〉 → |b〉 et la fréquence optique ωL2.

On s'intéresse dans un premier temps au cas où les pulsations de Rabi du champ
sonde selon les deux transitions sont faibles. On peut reprendre l'équation (3.27) et écrire
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que l'amplitude du signal de battement est proportionnelle à

|π[ρac(t0, 0) + ρac(t0,−∆g)]+

i

∫ +∞

0

d∆
ρac(t0, ∆ − ∆g) + ρac(t0, ∆) − ρac(t0,−∆ − ∆g) − ρac(t0,−∆)

∆
|

(3.45)

On a vu que dans le cas d'un système initialement à l'équilibre thermique, la cohérence
Raman est excitée sur un intervalle spectral de largeur 2/τ1 autour de la résonance optique,
où τ1 est la durée de l'impulsion excitatrice bichromatique. Dans le cas d'un système
préparé dans un état pur, elle est excitée sur un intervalle spectral de largeur 10/τ1. Si
le splitting de l'état fondamental ∆g est très grand devant 10/τ1, alors on peut écrire
que ρac(t0, ∆ − ∆g) ≪ ρac(t0, ∆) si ∆ est proche de zéro, quel que soit l'état initial du
système. L'expression ci-dessus se simpli�e et on obtient une amplitude du battement
proportionnelle à :

∣
∣
∣
∣
πρac(t0, 0) + i

∫ +∞

0

d∆
ρac(t0, ∆) − ρac(t0,−∆)

∆

∣
∣
∣
∣

(3.46)

Cette amplitude comporte deux termes. Un terme résonnant, ρac(t0, 0), et un terme non-
résonnant, qui fait intervenir seulement la partie impaire de la cohérence Raman, par
l'intermédiaire de l'expression ρac(t0, ∆) − ρac(t0,−∆).

Si le système n'a pas été préparé, la cohérence Raman créée par l'impulsion excitatrice
bichromatique est une fonction paire de ∆ (voir �gure 3.10). Par conséquent, même si
la cohérence Raman a été excitée sur un intervalle de largeur non nulle, le terme non
résonnant de l'équation 3.46 est nul. La seule contribution au signal est donnée par la
cohérence Raman à résonance optique ρac(t0, 0) = 0, 25.

En revanche, si le système a été initialement préparé dans un état pur, non seulement
la cohérence Raman est excitée par l'impulsion excitatrice bichromatique sur un large
domaine spectral, mais elle possède une partie réelle paire et une partie imaginaire impaire
non nulles (voir �gure 3.13). Le terme non résonnant peut donc s'écrire :

−2

∫ +∞

0

d∆
ℑρac(t0, ∆)

∆
(3.47)

ℑρac(t0, ∆) désigne la partie imaginaire de ρac qui varie comme 1/∆ quand ∆ est grand
devant la pulsation de Rabi de l'excitation. La seule contribution au signal de la partie
paire de la cohérence Raman est contenue dans le terme résonnant ρac(t0, 0) = 0, 5.

Ainsi, les cohérences Raman créées hors résonance optique ne peuvent contribuer au
signal de di�usion Raman cohérente que si elles comportent une partie impaire de ∆,
c'est-à-dire si le système a été initialement préparé dans un état pur.
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3.2 Analyse théorique

Di�usion Raman cohérente par un champ d'amplitude quelconque

On s'intéresse maintenant au mécanisme de di�usion Raman cohérente pour une pul-
sation de Rabi quelconque du champ sonde, sans se limiter à un champ faible.

Considèrons d'abord que le champ de lecture n'excite que la transition |c〉 → |b〉.
L'action de ce champ sur le système à 3 niveaux peut être décrite par l'opérateur évolution
Û de l'équation 3.35, en supposant que la fréquence de Rabi de l'excitation est nulle selon
la transition |c〉 → |b〉 :

Û ′(t)=







1 0 0

0 (α′ − i∆
χ′

2

β′
2)e

−i∆t/2 i(Ω′

2)∗

χ′

2

β′
2e

−i∆t/2

0
iΩ′

2

χ′

2

β′
2e

−i∆t/2 (α′
2 + i∆

χ′

2

β′
2)e

−i∆t/2







(3.48)

avec
χ′

2 =
√

(Ω′
2)

2 + ∆2 α′
2 = cos

χ′
2t

2
β′

2 = sin
χ′

2t

2
(3.49)

La cohérence optique créée selon la transition |a〉 → |b〉 est donnée par :

ρab(t, ∆)ei(ωL2+∆g)t = U ′
11

∗(t − t0)U
′
23(t − t0)ρac(t0, ∆)e−i∆gt0 (3.50)

= i
Ω′

2

χ′
2

β′
2e

−i∆(t−t0)/2ρac(t0, ∆)e−i∆gt0 (3.51)

Elle donne lieu à l'émission d'un champ anti-Stokes à la fréquence ωL2 + ∆g. De façon
analogue, on peut écrire la cohérence optique créée selon la transition |c〉 → |b〉, qui donne
lieu à l'émission d'un champ Stokes à la fréquence ωL2 − ∆g :

ρcb(t, ∆)ei(ωL2−∆g)t = i
Ω′

1

χ′
1

β′
1e

−i∆(t−t0)/2ρca(t0, ∆ − ∆g)e
i∆gt0 (3.52)

avec
χ′

1 =
√

(Ω′
1)

2 + ∆2 α′
1 = cos

χ′
1t

2
β′

1 = sin
χ′

1t

2
(3.53)

Le terme ρac(t0, ∆) est donné par l'équation (3.42) dans le cas d'un système initialement
à l'équilibre thermique. Dans le cas d'un système préparé, on utilise l'expression de ρac

donnée dans l'équation (3.44).
L'amplitude des champs Stokes et anti-Stokes émis par les atomes respectivement aux

fréquences ωL2 − ∆g et ωL2 + ∆g s'écrit :

ES(t) = −kL

2ǫ0

µcb

∫ ∞

−∞
G(∆)ρcb(t, ∆) et EAS(t) = −kL

2ǫ0

µab

∫ ∞

−∞
G(∆)ρab(t, ∆) (3.54)

L'amplitude du signal de battement est proportionnelle à |EAS(t) + E∗
S(t)|.

On a représenté l'amplitude du battement déterminé d'après les équations (3.51),
(3.52) et (3.54) en fonction du temps, pour un système initialement à l'équilibre thermique
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Fig. 3.14 � Amplitude du battement créé par di�usion Raman cohérente dans un système
à 3 niveaux en Λ à partir d'une cohérence Raman créée par une impulsion bichromatique,
pour di�érentes pulsations de Rabi Ω′

2 du champ de lecture selon la transition |c〉 →
|b〉. L'amplitude du battement est exprimée dans une unité arbitraire identique dans les
deux �gures. L'origine des temps correspond à l'instant t0 où le champ de détection est
branché. (a) Système initialement non préparé, (b) Système préparé dans un état pur.
Ligne continue : Ω′

2 = π
2τ1

, tirets : Ω′
2 = π

4τ1
, points : Ω′

2 = π
10τ1

, où τ1 est la durée
de l'impulsion bichromatique qui a servi à créer la cohérence Raman. La ligne verticale
pointillée correspond à la position t− t0 = τ1 où sont calculées les amplitudes tracées dans
la �gure 3.15.

[�gure 3.14(a)], ou préparé dans un seul sous-niveau [�gure 3.14(b)], et excité par une
impulsion bichromatique (ωL1, ωL2) de durée τ1, à résonance Raman. La �gure montre
que l'amplitude du signal de battement dépend de la pulsation de Rabi Ω′

2 du faisceau de
détection et du temps écoulé t − t0 depuis le début de l'impulsion de lecture.

Pour une pulsation de Rabi relativement faible (Ω′
2 . π/10), le signal de battement

atteint son maximum au bout de la durée τ1, et reste ensuite constant. En e�et, en régime
perturbatif, le champ de réponse Stokes ou anti-Stokes à l'instant t résulte de la somme
de toutes les cohérences optiques créées par le champ de lecture entre les instants t0 et
t. Or, chacune de ces cohérences optiques évolue avec un facteur de phase qui dépend du
désaccord optique ∆ du champ de lecture par rapport à la transition atomique. Chaque
cohérence optique participant au signal provient de la cohérence Raman créée par l'im-
pulsion bichromatique sur un intervalle spectral de l'ordre de 1/τ1. Chaque contribution
au champ de réponse s'éteint donc par interférences destructives au bout d'un temps ca-
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3.2 Analyse théorique

ractéristique τ1. Ceci signi�e que le champ de réponse à l'instant t résulte en fait de la
somme des cohérences optiques créées sur l'intervalle de largeur τ1 précédant l'instant t.
Ainsi, l'amplitude du battement augmente pour t − t0 ≤ τ1, et reste ensuite constante
pour t − t0 ≥ τ1, où τ1 est la durée de l'impulsion bichromatique excitatrice.2

Pour une pulsation de Rabi plus importante (Ω′
2 & π/4), le signal de battement atteint

son maximum au bout de τ1 également, mais décroît ensuite vers zéro.
Une lecture peu intense semble donc adaptée à l'observation d'un signal de battement

Raman cohérent, qui peut se prolonger sur une durée bien plus longue que la durée
de l'impulsion excitatrice. Une lecture intense, en revanche, est adaptée à l'observation
d'échos Raman, plus localisés dans le temps.

L'amplitude maximum atteinte au bout d'un temps τ1 après l'application du champ
de lecture augmente régulièrement avec la pulsation de Rabi Ω′

2 du faisceau de détection
pour des pulsations de Rabi inférieures à π/2τ1, comme le montre la �gure 3.15. Ceci est
valable quel que soit l'état initial du système. Elle décroît pour des pulsations de Rabi
supérieures.

La préparation préalable du système dans un état pur apporte donc une amélioration
d'un facteur 4 environ sur l'amplitude du signal par rapport à un système initialement à
l'équilibre thermique. Cette amélioration ne vient pas seulement du fait que la cohérence
maximale créée a un module de 0, 25 ou de 0, 5 selon que le système est à l'équilibre
thermique ou qu'il est préparé. Elle provient également de la distribution spectrale des
cohérences de spin créées. En e�et, contrairement à la spectroscopie par absorption linéaire
décrite au début de la partie 3.2.2, le signal de battement produit par di�usion Raman
cohérente ne provient pas seulement des cohérences créées dans les atomes résonnants
avec le champ de lecture, mais de l'ensemble des cohérences Raman créées dans le milieu
atomique, à condition que ces cohérences possèdent une composante impaire selon le
désaccord ∆.

3.2.5 Impulsion rephasante : écho Raman
La formation d'un écho Raman a été proposée par S. Hartmann [123]. Elle est ob-

tenue par une inversion de phase des cohérences Raman, grâce à une seconde impulsion
bichromatique insérée entre la première impulsion et la détection. On peut aussi présenter
le phénomène comme une transformation de ρac en ρca.

Soit τ2 la durée de la deuxième impulsion, et ∆′′ le désaccord optique de cette seconde
impulsion. Elle est appliquée sur l'échantillon à un instant noté t. Ses pulsations de Rabi

2Ce comportement a déjà été évoqué dans la partie 3.2.2 : l'équation (3.15) montre en e�et que
l'amplitude du champ réponse du système est constante, si le champ de détection est peu intense et si le
signal est observé longtemps après le début de l'impulsion de détection.
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Fig. 3.15 � Amplitude du signal de battement Raman cohérent en fonction de la pulsation
de Rabi Ω′

2 du champ de lecture selon la transition |c〉 → |b〉. La cohérence Raman est
créée par une impulsion bichromatique véri�ant la condition de résonance à deux photons.
L'amplitude est calculée au bout d'un temps τ1 après le début de l'impulsion de lecture. τ1

désigne la durée de l'impulsion bichromatique excitatrice. La ligne continue correspond au
cas où le système initialement préparé dans un état pur, et la ligne pointillée correspond
à un système initialement à l'équilibre thermique.

sur les transitions |a〉 → |b〉 et |c〉 → |b〉 sont notées Ω′′
1 et Ω′′

2 respectivement. On suppose
que cette impulsion véri�e elle aussi la condition de résonance à deux photons. Ainsi,
elle peut être décrite par les coe�cients de l'opérateur évolution Û donné dans l'équa-
tion (3.35) (voir la partie 3.2.4). Seuls les coe�cients U13 et U31 contribuent à l'inversion
de phase. La cohérence Raman juste après l'impulsion rephasante s'écrit :

ρca(t + τ2, ∆
′′)e−i∆g(t+τ2) = a∗(t + τ2)c(t + τ2)

= [U13(τ2)c(t)]
∗ U31(τ2)a(t) (3.55)

= U∗
13(τ2)U31(τ2)ρca(t, ∆

′′)ei∆gt

La quantité U∗
13(τ2)U31(τ2) sera appelée ici l'e�cacité de conversion. On l'a représentée

sur la �gure 3.16 en fonction du désaccord optique. On voit sur cette �gure que, selon
la pulsation de Rabi de l'impulsion, le maximum de conversion peut être obtenu soit à
résonance optique (pour Ω′′

1 = Ω′′
2 = π par exemple), soit hors résonance optique (pour

Ω′′
1 = Ω′′

2 = 2, 45π ou Ω′′
1 = Ω′′

2 = 3, 5π/τ2 par exemple). De plus, une augmentation de
la pulsation de Rabi élargit la fenêtre spectrale sur laquelle les cohérences sont inversées.
Ainsi, en agissant sur l'intensité et sur les fréquences optiques de l'impulsion rephasante
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3.3 Conclusion

(à condition de conserver la condition de résonance à deux photons), il est possible d'ajus-
ter la largeur de la fenêtre de rephasage et de la centrer sur les atomes porteurs d'une
cohérence de spin.
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Fig. 3.16 � E�cacité de conversion pour di�érentes pulsations de Rabi de la deuxième
impulsion bichromatique de durée τ2, en fonction du désaccord optique ∆′′τ2/2π. Ligne
continue : Ω′′

1 = Ω′′
2 = 1, 5π/τ2, traits : Ω′′

1 = Ω′′
2 = 2, 5π/τ2, points : Ω′′

1 = Ω′′
2 = 3, 5π/τ2.

L'e�cacité de conversion décroît comme 1/∆2 pour des désaccords optiques impor-
tants, quelles que soient les pulsations de Rabi choisies. Cette sélectivité spectrale est celle
d'un processus résonnant à un photon.

3.3 Conclusion
Les di�érentes étapes de la manipulation et de la détection optique d'une cohérence

de spin dans un système à 3 niveaux ont été étudiées en détail dans ce chapitre. Nous en
résumons ici les principales conclusions.

Lorsque l'impulsion excitatrice est monochromatique, le signal de battement Raman
cohérent est sensible au pro�l spectral de l'impulsion excitatrice. En e�et, pour que l'ex-
citation des deux transitions optiques soit e�cace, il faut que le spectre de l'impulsion
soit plus large que l'écart en fréquence entre les deux sous-niveaux de spin.

En l'absence de relaxation, l'évolution d'un système à 3 niveaux excité par une im-
pulsion bichromatique résonnante à deux photons est décrite assez simplement au moyen
d'un opérateur évolution. La distribution spectrale des cohérences de spin créées dépend
fortement des aires d'impulsions et de l'état initial du système. Si le système est initiale-
ment à l'équilibre thermique, c'est-à-dire si les populations sont également réparties entre
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les deux sous-niveaux fondamentaux, les cohérences de spin ne sont créées que dans les
atomes strictement résonnants optiquement avec l'impulsion excitatrice. Si en revanche le
système est préparé dans un seul de ces sous-niveaux, les cohérences de spin sont créées
non seulement dans les atomes résonnants mais aussi dans des atomes plus éloignés de
la résonance optique. Les aires optimales d'excitation ont été déterminées pour les deux
conditions initiales du système envisagées.

Lorsqu'une telle excitation est suivie d'une détection optique basée sur la di�usion
Raman cohérente, l'amplitude du signal de battement dépend de la pulsation de Rabi du
champ de lecture. Si la détection est e�ectuée à l'aide d'un champ de lecture peu intense,
l'amplitude du signal est quasiment stationnaire peu après le début de la détection. Un
tel comportement est plutôt adapté à une expérience de battements Raman cohérents. Si
au contraire la détection est e�ectuée à l'aide d'un champ de lecture intense, l'amplitude
maximale du signal de battement augmente fortement jusqu'à un maximum (qui augmente
avec l'amplitude du champ excitateur), et décroît ensuite jusqu'à zéro. Cela convient
plutôt à une expérience d'écho Raman, où l'on recherche un contraste des battements
important, et où le signal est localisé dans le temps.

L'amplitude du battement dépend également de l'état initial du système. L'allure
temporelle du signal est la même, que le système soit initialement préparé ou non. Néan-
moins, la préparation du système entraîne une amélioration d'un facteur 4 environ sur
l'amplitude maximale du battement, quelle que soit la pulsation de Rabi de l'excitation.
En e�et, le processus de di�usion Raman cohérente est très di�érent du mécanisme d'ab-
sorption linéaire, puisque les atomes non résonnants optiquement avec le champ de lecture
participent au signal.

L'ajout d'une seconde impulsion bichromatique permet d'inverser le sens d'évolution
des cohérences Raman créées par la première impulsion. L'inversion est là aussi limitée
à un domaine spectral du pro�l inhomogène autour de la résonance optique. Nous avons
montré qu'en agissant sur l'intensité et sur les fréquences optiques de l'impulsion repha-
sante (à condition de conserver la résonance à deux photons), il est possible d'ajuster la
largeur de la fenêtre de rephasage et de la centrer sur les atomes porteurs d'une cohérence
de spin.

Ainsi, on peut exciter optiquement les cohérences Raman, inverser leur sens d'évolu-
tion et les détecter sur un domaine spectral qui n'est pas limité par l'inverse de la durée
des impulsions excitatrices, à condition que le système soit initialement dans un état pur
et que les aires des impulsions excitatrices soient convenablement choisies. Dans le cas
d'un processus d'écho de photon, au contraire, les cohérences optiques sont créées sur un
intervalle limité par la largeur spectrale de l'impulsion excitatrice. On peut donc s'at-
tendre à ce que le signal d'écho Raman ainsi optimisé soit plus intense qu'un signal d'écho
de photon, puisque davantage d'atomes y participent.
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Chapitre 4

Etude d'une onde de spin dans le
Tm3+:YAG

Le chapitre 3 nous a permis de comprendre la formation du signal de battement
Raman cohérent et d'écho Raman dans un système à 3 niveaux.

Dans la première partie de ce chapitre, nous détaillerons les expériences de batte-
ments Raman cohérents que nous avons réalisées dans le Tm3+:YAG , qui donnent accès
à l'élargissement inhomogène de la transition Raman. On verra que la durée de vie des
cohérences de spin, qui est un paramètre capital pour la caractérisation d'une mémoire,
ne peut être mesurée que si l'élargissement inhomogène Raman est compensé. Dans la
deuxième partie, nous étendrons les résultats théoriques du chapitre 3 à un système à 4
niveaux. La troisième partie sera consacrée à la description des expériences d'écho Raman
qui ont permis la mesure de la durée de vie des cohérences Raman dans le Tm3+:YAG .
En�n, dans la quatrième partie, nous étudierons les mécanismes de relaxation des cohé-
rences dans ce matériau et relierons les prévisions théoriques aux résultats expérimentaux
obtenus.
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Chapitre 4 - Etude d'une onde de spin dans le Tm3+:YAG

4.1 Battements Raman cohérents dans le Tm :YAG
Du fait de sa structure à 4 niveaux, le Tm3+:YAG permet de mettre en ÷uvre le

processus de battements Raman cohérents dans un système en V, ou dans un système en
Λ. Ces deux types de systèmes présentent le même rapport de branchement R déterminé
dans le chapitre 2. En revanche, l'écart en fréquence entre les sous-niveaux est plus grand
dans l'état excité que dans l'état fondamental.

�ν

�

�

�

�ν

�

�

�

�ν

�

�

�

Fig. 4.1 � Système à 3 niveaux en V des ions thulium, à trois positions di�érentes dans
le pro�l d'absorption inhomogène. Des cohérences optiques sont créées dans les trois sys-
tèmes représentés, mais la cohérence hyper�ne entre les sous-niveaux |a〉 et |c〉 ne peut
être excitée que dans le système central pour lequel les deux transitions optiques sont
simultanément excitées.

Nous avons reproduit les expériences de Shelby et al. [25, 127] dans le Tm3+:YAG :
une impulsion monochromatique de durée τ et de fréquence ν0 vient exciter les cohérences
optiques des ions au centre du pro�l inhomogène optique, sur un intervalle spectral de
l'ordre de l'inverse de τ . Dans certains des ions excités par l'impulsion courte, les deux
cohérences optiques peuvent être excitées simultanément, ce qui a pour e�et d'exciter
aussi la cohérence de spin. Ceci est illustré dans la �gure 4.1, dans le cas d'un système en
V. On détecte ensuite ces cohérences de spin à l'aide de la di�usion Raman cohérente.

4.1.1 Battements Raman cohérents dans l'état excité
Le cristal de Tm3+:YAG est placé dans un champ magnétique orienté dans la direction

θ = −48, 4◦ pour laquelle les ions des sites 3 et 5 présentent un système en Λ avec un
rapport de branchement R = 0, 13±0, 015 (voir chapitre 2). On s'intéresse dans un premier
temps au système en V, construit sur les deux sous-niveaux hyper�ns de l'état excité, reliés
chacun par une transition optique au même sous-niveau de l'état fondamental. En e�et,
l'hypothèse selon laquelle l'élargissement inhomogène de la transition Raman est très
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4.1 Battements Raman cohérents dans le Tm :YAG

inférieur à l'inverse de la durée de l'impulsion n'est valable dans notre système que dans
l'état excité.

On utilise le montage optique décrit dans la partie 2.3.2. La séquence d'impulsions
utilisée est donnée dans la �gure 3.2. La puissance du faisceau est de 32 mW à la sortie
de la �bre. Le faisceau est focalisé sur un spot de diamètre 100 µm dans le cristal. Par
une expérience de nutation optique, nous mesurons une pulsation de Rabi pour les ions à
résonance de 5, 08 · 106 rad.s−1 le long d'une transition forte. L'impulsion excitatrice est
rectangulaire et a une durée τ1 = 300 ns, ce qui correspond à une aire d'impulsion de Ωτ =

1, 52 rad à résonance optique. L'impulsion de lecture par di�usion Raman cohérente est
atténuée d'un facteur 0, 26 en amplitude (soit 0, 07 en intensité) par rapport à l'impulsion
excitatrice. Sa pulsation de Rabi le long d'une transition forte est donc de 1, 32·106 rad.s−1.
Le modulateur acousto-optique AO2 est ouvert seulement au moment de l'impulsion de
lecture a�n de ne pas saturer la photodiode à avalanche lors de l'impulsion excitatrice.
La température de l'échantillon est ajustée entre 3 et 4 K. En e�et, en-dessous de 3 K,
la relaxation des populations dans les sous-niveaux de l'état fondamental n'est pas assez
rapide pour compenser le pompage optique dû aux impulsions envoyées sur le système.
Ce phénomène de pompage optique transfère les ions participant au signal vers le sous-
niveau non-résonnant de l'état fondamental. Les ions quittent le système en V, et le signal
disparaît. Au-dessus de 4 K, en revanche, c'est la durée de vie des cohérences Raman dans
l'état excité qui diminue dramatiquement. Le laser n'est pas asservi en fréquence, c'est-
à-dire que sa largeur de raie est de quelques MHz.
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Fig. 4.2 � Battements Raman cohérents avec une impulsion excitatrice courte et mo-
nochromatique. (a) signal de battement sur le détecteur ; (b) transformée de Fourier en
amplitude du signal de battement pour un champ magnétique de 0, 067 T.

Un signal typique de battements Raman cohérents est donné en �gure 4.2(a), et sa
transformée de Fourier en amplitude est donnée dans la �gure 4.2(b). Le pic principal sur
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Chapitre 4 - Etude d'une onde de spin dans le Tm3+:YAG

la transformée de Fourier est observé à la fréquence ∆e = 1, 115 MHz, ce qui correspond à
un champ magnétique de 0, 067 T environ. La largeur du pic à la fréquence ∆e correspond
en principe à la largeur inhomogène de la transition de spin. Il peut néanmoins être élargi
par saturation, selon l'intensité du faisceau de lecture. D'après Brewer et Hahn [128], la
largeur du pic mesurée est donnée par :

Γmesure = Γe
inh + Γsat (4.1)

avec
Γsat =

1

4T2

Ω2
s + Ω2

w

(π∆e)2 + 1/T 2
2

(4.2)

où T2 = 105 µs représente la durée de vie des cohérences optiques, ∆e = 1, 115 MHz l'écart
en fréquence entre les sous-niveaux de l'état excité, et Ωs = 1, 32 · 106 rad.s−1 et Ωw =

0, 48·106 rad.s−1 les pulsations de Rabi du faisceau de détection sur la transition forte et la
transition faible, respectivement1. On trouve �nalement un élargissement par saturation
de Γsat = 380 Hz environ, négligeable devant la largeur mesurée de Γmesure = 27± 2 kHz.
Ainsi, cette largeur mesurée correspond bien à la largeur inhomogène de la transition entre
les deux sous-niveaux hyper�ns de l'état excité. La résolution que permettent d'obtenir
les battements Raman cohérents est largement meilleure que la résolution o�erte par la
spectroscopie de hole-burning, alors même que le laser n'est pas asservi. En e�et, dans les
mesures décrites dans la partie 2.4.3, la largeur des structures était limitée inférieurement
par la racine carrée du taux de chirp, qui valait alors √r = 190 kHz.

In�uence du pro�l spectral de l'impulsion excitatrice

Nous avons étudié le comportement du signal de battements Raman cohérents en
fonction du splitting de l'état excité ∆e, pour 14 valeurs du champ magnétique, entre
0, 012 T et 0, 1 T. La transformée de Fourier du signal de battement Raman cohérent
est calculée directement par l'oscilloscope numérique Tektronix TDS 3032B. Le champ
magnétique est toujours orienté dans la direction qui optimise le rapport de branchement
des systèmes en Λ et en V dans l'échantillon. Le laser n'est pas asservi en fréquence.
L'impulsion excitatrice est rectangulaire, de durée τ1 = 2 µs. Ces enregistrements sont
donnés dans la �gure 4.3. Comme on s'y attendait, le signal décroît à mesure que l'on
augmente le splitting ∆e.

On a mesuré l'aire de l'impulsion excitatrice selon la transition forte pour les atomes
sur l'axe du faisceau par une expérience de nutation optique (voir la partie 2.3.3 de
ce manuscrit). Cette aire est de 0, 83π radians. On a décrit de façon détaillée dans la

1Le facteur 1/4 de l'équation (4.2) n'apparaît pas dans la référence [128], car les auteurs Brewer et
Hahn ont utilisé une dé�nition de la pulsation de Rabi di�érente de la nôtre.
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4.1 Battements Raman cohérents dans le Tm :YAG

partie 3.2.3 un calcul qui permet de donner l'allure théorique du signal de battement
en fonction du splitting si l'impulsion excitatrice est monochromatique. En analysant les
résultats de ce calcul, nous avons remarqué que selon l'aire de l'impulsion excitatrice,
l'amplitude du signal de battement pouvait avoir des minima plus ou moins prononcés,
espacés de l'inverse de la durée de l'impulsion. Cependant, ce calcul ne tient pas compte
de la non-uniformité spatiale de l'excitation : en e�et, le faisceau laser étant gaussien,
seuls les atomes sur l'axe du faisceau voient réellement l'aire d'impulsion mesurée. C'est
pourquoi l'allure théorique de l'amplitude du signal pour l'aire mesurée représentée dans
la �gure 3.8 reproduit assez mal les variations expérimentales, même si les positions des
minima coïncident. Le signal de la �gure 4.3 présente en e�et des minima très marqués
pour des valeurs du splitting ∆e séparées de 500 kHz. On peut néanmoins conclure que ces
variations proviennent bien de la forme temporelle rectangulaire de l'impulsion excitatrice.
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Fig. 4.3 � Transformée de Fourier des battements Raman cohérents obtenus pour di�é-
rents champs magnétiques.

Battements Raman cohérents pour des splittings supérieurs à 1 MHz

Nous avons également observé des battements Raman cohérents en suivant l'exemple
de Blasberg et al., qui consiste à exciter le système avec une impulsion bichromatique [26].
Cette technique permet de s'a�ranchir de la limite imposée par la puissance du laser, et
d'exciter et de détecter des cohérences de spin entre des sous-niveaux espacés de plus de
1 MHz.

On peut créer ces deux fréquences optiques à partir d'un seul modulateur acousto-
optique. Toutefois, ces fréquences optiques seront portées par deux faisceaux se propageant
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AO1 Tm:YAG

téléscope

α

téléscope

APD

Fig. 4.4 � Production de deux fréquences par un modulateur acousto-optique. Les angles
sont exagérés pour la lisibilité du schéma. Par deux téléscopes, on image d'une part le
modulateur acousto-optique AO1 sur le cristal de Tm :YAG et d'autre part le cristal sur
le détecteur (APD), a�n que le faisceau représenté par une ligne pointillée et le faisceau
représenté par une ligne continue soient superposés sur le cristal de Tm :YAG et sur le
détecteur.

dans des directions di�érentes. En e�et, l'angle de déviation d'un faisceau di�racté dans
l'ordre 1 par e�et acousto-optique est donné par :

θd =
λνac

V
(4.3)

où λ désigne la longueur d'onde optique, νac désigne la fréquence de l'onde acoustique, et
V désigne la vitesse des ondes acoustiques dans le cristal acousto-optique. Si deux ondes
acoustiques de pulsation νac1 et νac2 se propagent dans un même cristal acousto-optique, le
faisceau incident est di�racté selon deux directions di�érentes à la sortie de l'AO, comme
le montre la �gure 4.4. Ces deux faisceaux forment un angle

α = θd(νac2) − θd(νac1) =
λ∆ν

V
(4.4)

où ∆ν = νac2 − νac1 = ν2 − ν1.
L'échantillon de Tm :YAG est placé en position d'imagerie par rapport au modu-

lateur acousto-optique, c'est-à-dire que les deux faisceaux portant chacun une des deux
fréquences de l'impulsion sont superposés sur l'échantillon, quel que soit l'angle qu'ils
forment à la sortie de l'AO. De même, la surface sensible de la photodiode est placée
en position d'imagerie par rapport à l'échantillon, pour que les deux faisceaux s'y super-
posent. Si l'on détecte la cohérence Raman avec un faisceau de fréquence ν1 créé par le
même acousto-optique AO1, celui-ci va suivre la direction de propagation de la compo-
sante à ν1 de l'impulsion excitatrice. Le faisceau di�usé par coherent Raman scattering
doit alors satisfaire la condition d'accord de phase �xée par la création de la cohérence Ra-
man par l'impulsion excitatrice bichromatique. Il est émis dans la direction de propagation
du faisceau à la fréquence ν2.

Deux faisceaux cohérents de fréquences optiques légèrement di�érentes ν1 et ν2 for-
mant un angle α donnent naissance lorsqu'ils se croisent à des franges d'interférence
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4.1 Battements Raman cohérents dans le Tm :YAG

rectilignes, d'interfrange i et se déplaçant à la vitesse vi. Un calcul simple permet d'obte-
nir :

i =
λ

2 sin(α/2)
et vi = (ν2 − ν1)i (4.5)

où λ est la longueur d'onde moyenne des deux faisceaux. Si le diamètre du spot sur le
détecteur est plus grand que l'interfrange, le signal de battement disparaît car le détecteur
somme les intensités reçues sur toute sa surface. En revanche, si le diamètre du spot sur
le détecteur est inférieure à la moitié de l'interfrange, celui-ci voit successivement une
tache sombre, puis une tache brillante. Le dé�lement de la �gure d'interférences donne
un signal de battement oscillant à la fréquence ∆ν = ν2 − ν1 en sortie du détecteur.
Comme le détecteur, l'échantillon et le modulateur acousto-optique sont imagés les uns
sur les autres par des téléscopes, la condition sur l'interfrange peut donc s'écrire de façon
équivalente au niveau du détecteur et au niveau de l'AO. Soit w0 le waist du faisceau
gaussien incident au niveau de l'AO1, où sont formés les deux faisceaux. La condition sur
l'interfrange s'écrit :

2w0 ≤ i ≈ V

∆ν
⇒ ∆ν ≤ V

2w0

(4.6)

Les ondes acoustiques se propagent à la vitesse V = 4200 m.s−1 dans le cristal acousto-
optique (TeO2) du modulateur AO1. Le waist du faisceau focalisé dans le modulateur
acousto-optique AO1 est de w0 = 180 µm. On en déduit que l'écart en fréquence des deux
faisceaux doit être inférieur à 12 MHz pour que le signal de battement soit visible sur le
détecteur.

Nous donnons en �gure 4.5 un exemple de signal de battements Raman cohérents
dans l'état excité du Tm :YAG pour lequel la cohérence Raman a été excitée par une
impulsion bichromatique de 10 µs façonnée dans un seul modulateur acousto-optique. Le
pic principal de la transformée de Fourier est situé à la fréquence ∆e = 1, 77 MHz, ce
qui correspond à un champ magnétique de 0, 11 T. La largeur inhomogène mesurée sur la
transformée de Fourier du signal de battement est de 60 ± 20 kHz.

Notons que dans une telle expérience, le choix de la température de l'échantillon est un
compromis entre la réduction des durées de vie des cohérences (lorsque la température est
élevée) et le pompage optique (lorsque la température est basse). En e�et, les populations
dans les sous-niveaux de l'état fondamental ont une durée de vie d'autant plus longue que
la température est basse. Si le laser est asservi, l'impulsion bichromatique répétée pompe
les ions résonnants optiquement vers l'autre sous-niveau du fondamental, non résonnant.
Les ions quittent alors le système en V et le signal disparaît. Si le laser n'est pas asservi,
en revanche, il présente une largeur très supérieure à la largeur homogène de la transition.
Les impulsions bichromatiques répétées n'excitent donc pas les mêmes ions d'une fois
sur l'autre, et l'e�et de pompage optique de ces impulsions est réduit, même à basse
température. Par ailleurs, on peut remarquer que la résolution que l'on peut atteindre
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n'est pas limitée par la largeur spectrale du laser. Elle est inférieure à 100kHz, que le laser
soit asservi ou non.
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Fig. 4.5 � Battements Raman cohérents dans l'état excité du Tm :YAG avec excitation
bichromatique. (a) signal de battement sur le détecteur. Le fond a été soustrait ; (b)
Transformée de Fourier en amplitude du signal de battement pour un champ magnétique
de 0, 11 T. Le pic à 5 MHz est dû à une résonance piézoélectrique du cristal électro-optique
inséré dans la cavité laser. L'échantillon est refroidi à T = 2, 8 K et le laser est asservi.

Ainsi, une impulsion bichromatique permet d'exciter et de détecter des cohérences
hyper�nes dans des niveaux séparés par des splittings supérieurs au MHz, mais elle est
limitée à une dizaine de MHz si les deux fréquences sont générées dans un seul modulateur
acousto-optique monté en simple passage. Pour dépasser cette limite, les deux fréquences
doivent être créées par deux modulateurs acousto-optiques distincts, soit pour que les deux
faisceaux se propagent exactement dans le même mode spatial [26], soit pour justement
�xer un angle important entre les deux faisceaux [129]. Dans ce dernier cas, le champ
Stokes ou anti-Stokes émis par les atomes lors de la di�usion Raman cohérente forme un
angle important avec le faisceau de détection. On pourra alors soit le détecter sur fond
noir, soit créer un battement grâce à un faisceau supplémentaire servant d'oscillateur local
et ne passant pas à travers le cristal étudié.

4.1.2 Battements Raman cohérents dans l'état fondamental
L'observation des battements Raman cohérents dans l'état fondamental de l'ion thu-

lium pose problème. En e�et, imaginons que l'on veuille utiliser une impulsion monochro-
matique courte pour exciter les cohérences de spin du fondamental. La largeur spectrale
de cette impulsion doit être supérieure à l'écart en fréquence ∆g. Or, lorsque le champ
magnétique externe est orienté dans la direction donnant un rapport de branchement op-
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4.1 Battements Raman cohérents dans le Tm :YAG

timal, l'écart énergétique de l'état fondamental ∆g est 2, 5 fois plus grand que celui de
l'état excité ∆e. L'impulsion est donc su�samment large spectralement pour exciter en
même temps les quatre transitions du système. Le fait d'exciter simultanément les deux
systèmes en Λ existants (voir la �gure 4.6) peut réduire l'e�cacité de l'excitation de la
cohérence Raman de l'état fondamental. On peut écrire chaque état comme produit de la
fonction d'onde électronique |Ψe〉 ou |Ψg〉 selon l'état électronique considéré, et d'une fonc-
tion d'onde nucléaire |χ〉. Les moments dipolaires associés aux quatre transitions optiques
du système sont donnés par :

µab = 〈a| ~µ |b〉 = 〈Ψg| ~µ |Ψe〉 〈χa|χb〉 (4.7)
µcb = 〈c| ~µ |b〉 = 〈Ψg| ~µ |Ψe〉 〈χc|χb〉 (4.8)
µad = 〈a| ~µ |d〉 = 〈Ψg| ~µ |Ψe〉 〈χa|χd〉 (4.9)
µcd = 〈c| ~µ |d〉 = 〈Ψg| ~µ |Ψe〉 〈χc|χd〉 (4.10)

Les parties électroniques des moments dipolaires sont les mêmes pour les quatre tran-
sitions. Les parties nucléaires |χc〉 et |χd〉 s'obtiennent à partir de |χa〉 et |χb〉 par une
transformation unitaire. C'est pourquoi 〈χc|χd〉 = 〈χa|χb〉∗ et 〈χa|χd〉 = −〈χc|χb〉∗. Ainsi,
les moments dipolaires µcd et µad sont directement reliés à µab et µcb par :

µcd = µ∗
ab et µad = −µ∗

cb (4.11)

La cohérence Raman créée dans l'état fondamental par excitation simultanée des deux
systèmes en Λ est donnée par la somme de deux termes, l'un correspondant à la cohérence
Raman excitée dans le système |a〉 , |b〉 , |c〉, et l'autre excitée dans le système |a〉 , |d〉 , |c〉.
Chacune de ces composantes est proportionnelle au produit des pulsations de Rabi le long
des deux transitions optiques formant le Λ. La fréquence de Rabi est, elle, proportionnelle
au moment dipolaire de la transition excitée. Ainsi, la cohérence Raman créée dans le
système |a〉 , |b〉 , |c〉 est proportionnelle à µabµbc, alors que l'autre cohérence Raman, créée
dans le système |a〉 , |d〉 , |c〉, est proportionnelle à µadµdc = −µ∗

cbµ
∗
ba = −µabµbc. Ces deux

termes sont de signe opposé et peuvent se compenser.
Par ailleurs, on ne peut pas exciter la cohérence de spin de l'état fondamental sans

exciter aussi la cohérence de spin de l'état excité, lorsque l'on utilise une impulsion courte
et monochromatique. On peut éviter cela en utilisant une impulsion excitatrice bichro-
matique. En e�et, dans ce cas, seules les cohérences de spin pour lesquelles la condition
de résonance à deux photons est véri�ée peuvent être excitées. Notons que cela n'évite
pas pour autant l'excitation simultanée de la cohérence Raman de l'état fondamental par
l'intermédiaire de deux systèmes en Λ.

L'élargissement inhomogène particulièrement élevé dans l'état fondamental que nous
avons observé dans le chapitre précédent (partie 2.4.3) constitue un obstacle majeur à
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Fig. 4.6 � Deux systèmes en Λ dans le Tm. Les transitions faibles sont représentées par
des traits pointillés.

l'observation des battements Raman cohérents. D'une part, le signal de précession libre
optique décroît en un temps caractéristique de l'ordre de la durée de l'impulsion τ1, que
cette impulsion soit monochromatique ou bichromatique. Pour éliminer ce signal de pré-
cession libre, il est nécessaire de laisser le système évoluer librement pendant plusieurs τ1

avant d'appliquer l'impulsion de détection. D'autre part, le signal provenant de la conver-
sion optique de la cohérence Raman décroît en un temps caractéristique de l'ordre de
l'inverse de la largeur inhomogène Raman. Le temps d'évolution libre doit donc être à la
fois grand devant τ1 et petit devant l'inverse de la largeur inhomogène Raman Γinh. Ceci
n'est possible que si τ1 ≪ 1/Γinh. Or, la puissance laser disponible étant limitée, la durée
τ1 des impulsions ne peut pas être réduite à volonté.

De plus, des ré�exions acoustiques donnent lieu à l'émission d'une seconde impulsion
lumineuse, de très faible intensité. Dans le modulateur acousto-optique utilisé pour les
expériences de battements Raman cohérents (ST102.5 de AA OptoElectronics), cette
impulsion est décalée de 16 µs et son intensité est réduite d'un facteur 2500 par rapport à
l'impulsion principale. Cette atténuation importante n'est toutefois pas su�sante car cette
deuxième impulsion perturbe excessivement le signal de battements Raman cohérents
quand l'impulsion de détection est branchée avant son apparition. Le temps d'attente entre
l'impulsion excitatrice et la détection doit donc être supérieur à 20 µs. Ainsi, pour que le
signal soit visible, l'élargissement inhomogène Raman Γinh doit être très inférieur à 50 kHz.
Cela correspond à limiter les expériences à des splittings ∆g ≪ 2 MHz. Le seul moyen
d'observer un signal optique provenant des cohérences de spin dans l'état fondamental
du Tm consiste à compenser l'élargissement inhomogène au moyen d'expériences d'écho
Raman [123].
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4.2 Extension de l'étude théorique à un système à 4
niveaux

Nous avons présenté dans la partie 3.2 de ce manuscrit une analyse théorique de la
formation du signal de battements Raman cohérents et d'écho Raman dans le cas d'un
système à 3 niveaux présentant un élargissement inhomogène optique important. Cette
étude nous servira de guide pour optimiser les di�érentes étapes de l'expérience. Cepen-
dant, comme nous venons de le mentionner, l'ion Tm présente 4 niveaux, et deux systèmes
en Λ construits sur ces 4 niveaux. Les transitions n'étant pas sélectives en polarisation,
chaque champ peut exciter toutes les transitions. Dans un tel système, les di�érents proces-
sus que nous avons étudiés (création de la cohérence de spin, inversion de phase, détection
par di�usion Raman cohérente) ont lieu simultanément dans les deux systèmes en Λ.

4.2.1 Excitation d'une cohérence de spin par une impulsion bi-
chromatique

On s'intéresse ici à un système à 4 niveaux excité par une impulsion bichromatique,
de fréquences optiques ωL1 et ωL2 telles que ωL1 − ωL2 = ∆g. Comme les quatre transi-
tions atomiques ne sont pas sélectives en polarisation, il faudrait en principe considérer
l'excitation de chaque transition par les deux champs. Or, il semble naturel de supposer
que l'excitation d'une cohérence de spin n'est e�cace que si la condition de résonance à
deux photons est satisfaite. Nous restreindrons donc cette étude au cas où la composante
de l'excitation à la fréquence ωL1 excite seulement les transitions |a〉 → |b〉 et |a〉 → |d〉, et
la composante de l'excitation à la fréquence ωL2 excite seulement les transitions |c〉 → |b〉
et |c〉 → |d〉, comme cela est représenté sur la �gure 4.7. On note Ω1 et Ω2 les pulsations
de Rabi de l'impulsion excitatrice selon les transitions |a〉 → |b〉 et |c〉 → |b〉. Ces deux
systèmes en Λ ont des probabilités de transitions inversées. Plus précisément, les transi-
tions |a〉 → |b〉 et |c〉 → |d〉 sont les transitions fortes, et |c〉 → |b〉 et |a〉 → |d〉 sont les
transitions faibles. Les pulsations de Rabi de l'impulsion excitatrice selon les transitions
|a〉 → |d〉 et |c〉 → |d〉 sont donc respectivement Ω1µad/µab et Ω2µcd/µcb.

L'état de l'atome à 4 niveaux est décrit par la fonction |ψ〉 = a(t) |a〉 + b(t) |b〉 +

c(t) |c〉+ d(t) |d〉. On appelle ∆ l'écart à la résonance optique des composantes spectrales
de l'impulsion excitatrice par rapport aux transitions |a〉 → |b〉 et |c〉 → |b〉. Le désaccord
optique dans l'autre système en Λ est donc ∆ + ∆e. L'évolution du système est décrite
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Fig. 4.7 � Création d'une cohérence de spin par l'intermédiaire de deux systèmes en
Λ dans un un système à 4 niveaux. Les transitions fortes (respectivement, faibles) sont
représentées par des �èches en traits pleins (pointillés).

par l'équation de Schrödinger qui se met sous la forme suivante :
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(4.12)

avec les changements de variables :

a(t) = a(t)e−iωat

b(t) = b(t)e−iωbtei∆t (4.13)
c(t) = c(t)e−iωct

d(t) = d(t)e−iωbtei(∆+∆e)t

Même lorsque la condition de résonance Raman est satisfaite, il n'est pas possible de
trouver une solution analytique simple sous forme d'un opérateur évolution Û(t). Nous
avons néanmoins pu modéliser l'action d'une impulsion optique bichromatique dans un
système à 4 niveaux, en résolvant numériquement le système di�érentiel donné dans l'équa-
tion (4.12).

Système initialement à l'équilibre thermique

On se donne un système à 4 niveaux dont les populations sont initialement réparties
également dans les deux sous-niveaux |a〉 et |c〉 de l'état fondamental. On excite ce sys-
tème avec une impulsion bichromatique de durée τ1, et dont l'action est décrite par le
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4.2 Extension de l'étude théorique à un système à 4 niveaux

système di�érentiel de l'équation (4.12). On résout ce système d'une part avec les condi-
tions initiales a(0) = 1, c(0) = 0 et d'autre part avec les conditions initiales a(0) = 0,
c(0) = 1, a�n de rendre compte du mélange statistique. On obtient alors la cohérence de
spin ρ

(1,0)
ac (τ1, ∆) pour le premier cas et ρ

(0,1)
ac (τ1, ∆) pour le second. La cohérence Raman

créée par l'impulsion bichromatique dans un système initialement dans un état de mélange
statistique est donnée par : ρac(τ1, ∆) = 1/2[ρ

(1,0)
ac (τ1, ∆) + ρ

(0,1)
ac (τ1, ∆)].

Les aires de l'impulsion bichromatique sont optimisées pour le système |a〉 , |b〉 , |c〉,
c'est-à-dire Ω1τ1 = Ω2τ1 = π/

√
2. On obtient dans l'état fondamental une cohérence

Raman dont le module est donné dans la �gure 4.8. On a aussi représenté sur cette �gure
la cohérence Raman optimale créée dans un système à 3 niveaux par la même impulsion
bichromatique.
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Fig. 4.8 � Module de la cohérence de spin créée par une impulsion bichromatique de durée
τ1 dans un système initialement à l'équilibre thermique, en fonction du désaccord optique
par rapport au système |a〉 , |b〉 , |c〉. Les aires de l'impulsion sont Θ1 = Θ2 = π/

√
2

sur les transitions |a〉 → |b〉 et |c〉 → |b〉. Ligne continue : système à 3 niveaux. Ligne
pointillée : système à 4 niveaux. Le splitting des sous-niveaux de l'état excité est choisi
tel que ∆eτ1/2π = 20.

L'égalité de population des deux sous-niveaux |a〉 et |c〉 inhibe l'excitation à deux
photons. C'est pourquoi la cohérence de spin n'est créée que dans les atomes résonnants
optiquement avec l'impulsion excitatrice. La résonance optique pouvant avoir lieu dans
l'un ou l'autre des systèmes en Λ, la cohérence Raman est non nulle au voisinage des
fréquences ∆ = 0, correspondant à la résonance optique dans le système |a〉 , |b〉 , |c〉 et
∆ = −∆e, correspondant à la résonance optique dans le système |a〉 , |d〉 , |c〉.
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Chapitre 4 - Etude d'une onde de spin dans le Tm3+:YAG

La contribution du système |a〉 , |b〉 , |c〉, centrée sur ∆ = 0 n'est quasiment pas mo-
di�ée par l'ajout du quatrième niveau. La cohérence de spin vaut 0, 25 à ∆ = 0. En
revanche, la cohérence créée dans le système |a〉 , |d〉 , |c〉 (centrée sur ∆ = −∆e) est net-
tement moins importante, car les aires d'impulsion selon les transitions |a〉 → |d〉 et
|c〉 → |d〉 sont respectivement 0, 25π et 1, 96π, et ne sont plus optimales.

Système préparé dans un état pur

On considère maintenant que le système à 4 niveaux a été préparé dans l'état |a〉. On
résout le système di�érentiel de l'équation (4.12) avec les conditions initiales a(0) = 1,
b(0) = c(0) = d(0) = 0.

On a représenté sur la �gure 4.9 le module de la cohérence Raman pour les aires
d'impulsions optimales déterminées dans la partie 3.2.4 : Ω1τ1 = 2π cos(π/8) et Ω2τ1 =

2π sin(π/8). On a aussi ajouté à la �gure le module de la cohérence Raman créée par la
même impulsion bichromatique dans un système à 3 niveaux.

La préparation des atomes dans un seul état autorise l'excitation de la cohérence de
spin par l'intermédiaire d'un processus à deux photons. On voit en e�et dans la �gure 4.9
que la cohérence Raman est créée aussi dans les atomes relativement éloignés de la réso-
nance optique avec l'un ou l'autre des systèmes en Λ. Son module décroît comme l'inverse
du désaccord optique, ce qui est caractéristique d'une excitation à deux photons.

La contribution du système |a〉 , |b〉 , |c〉, centrée sur ∆ = 0 est légèrement modi�ée
par l'ajout du quatrième niveau. La cohérence de spin vaut 0, 5 à ∆ = 0. La cohérence
de spin créée dans le système |a〉 , |d〉 , |c〉 (centrée sur ∆ = −∆e) est di�érente, car les
aires d'impulsion selon les transitions |a〉 → |d〉 et |c〉 → |d〉 sont respectivement 0, 66π et
2, 13π. Ces aires d'impulsions correspondent à une excitation quasiment optimale, comme
on peut le voir sur la �gure 3.12. C'est pourquoi les contributions des deux systèmes
en Λ sont assez semblables. Lorsque ∆ = −∆e/2, les deux systèmes en Λ interfèrent
destructivement, et la cohérence Raman créée dans les sous-niveaux de l'état fondamental
s'annule. Ceci est vrai pour n'importe quelle valeur du rapport de branchement.

Les parties réelle et imaginaire de la cohérence Raman créée sont représentées dans
la �gure 4.10. Comme dans le cas d'un système à 3 niveaux, on voit que la partie réelle
décroît comme l'inverse du carré du désaccord optique, tandis que la partie imaginaire
décroît comme l'inverse du désaccord. Ces deux comportements sont caractéristiques d'une
excitation à un photon pour la partie réelle, et d'une excitation à 2 photons pour la partie
imaginaire.

La préparation du système dans le sous-niveau |a〉 de l'état fondamental est e�ectuée
par pompage optique à l'aide d'une impulsion balayée en fréquence. Si l'intervalle balayé
est plus grand que ∆g−∆e, où ∆g est l'écart entre les sous-niveaux |a〉 et |c〉, certains ions
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Fig. 4.9 � Module de la cohérence de spin créée par une impulsion bichromatique de
durée τ1, en fonction du désaccord optique ∆τ1/2π. Les ions sont initialement préparés
dans un des sous-niveaux fondamentaux. Les aires d'impulsion sont 2π sin(π/8) sur la
transition initialement vide d'atomes et 2π cos(π/8) sur l'autre. Ligne continue : système
à 3 niveaux. Ligne pointillée : système à 4 niveaux. Le splitting entre les sous-niveaux de
l'état excité est choisi tel que ∆eτ1/2π = 20.
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Fig. 4.10 � Parties réelle (ligne continue) et imaginaire (ligne pointillée) de la cohérence
de spin créée par une impulsion bichromatique de durée τ1 dans un système à 4 niveaux.
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Chapitre 4 - Etude d'une onde de spin dans le Tm3+:YAG

sont repompés du niveau |a〉 vers le niveau |c〉. La préparation est donc nécessairement
con�née dans une fraction du pro�l inhomogène de largeur inférieure à ∆g − ∆e. La
cohérence Raman ne peut donc être excitée sur un intervalle plus grand que ∆g − ∆e.

4.2.2 Détection d'une cohérence de spin dans un système à 4
niveaux

La détection d'une cohérence de spin est e�ectuée par di�usion Raman cohérente.
On applique pour cela un champ de lecture monochromatique et d'intensité constante
sur l'échantillon à l'instant t0. On suppose qu'une cohérence de spin ρac(t0, ∆) a été
préparée dans l'état fondamental. Soit Ω la pulsation de Rabi du champ de lecture selon
la transition |c〉 → |b〉. On note ∆ le désaccord du champ de lecture par rapport à la
transition |c〉 → |b〉.

Comme dans le chapitre 3, nous allons d'abord nous intéresser au champ anti-Stokes
di�usé par le système. On suppose pour cela que le champ de lecture n'excite que les
transitions |c〉 → |b〉 et |c〉 → |d〉. Le champ de réponse du système est émis dans les deux
systèmes en Λ selon les transitions |a〉 → |b〉 et |a〉 → |d〉, comme le montre la �gure 4.11.

�

�

�

�

∆

Ω�Ω

�∆ +∆

Fig. 4.11 � Détection d'une cohérence de spin par l'intermédiaire de deux systèmes en Λ.
On a seulement représenté la formation du champ anti-Stokes généré selon les transitions
|a〉 → |b〉 et |a〉 → |d〉, représentées par des �èches en zigzags. Les transitions fortes
(respectivement, faibles) sont représentées par des �èches en traits pleins (pointillés).

L'état de l'atome à 4 niveaux est décrit par la fonction |ψ〉 = a(t) |a〉+b(t) |b〉+c(t) |c〉+
d(t) |d〉. En présence d'un champ de lecture, son évolution est décrite par l'équation de
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Schrödinger, qui se met sous la forme suivante :
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(4.14)

avec les changements de variables :

a(t) = a(t)e−iωat

b(t) = b(t)e−iωbtei∆t (4.15)
c(t) = c(t)e−iωctei∆gt

d(t) = d(t)e−iωdtei(∆+∆e)t

Les cohérences optiques ρab(t, ∆) et ρad(t, ∆) créées par le champ de lecture s'écrivent :

ρab(t, ∆)ei(ωL+∆g)t = b(t)ρac(t0, ∆)e−i∆gt0 (4.16)
ρad(t, ∆)ei(ωL+∆g)t = d(t)ρac(t0, ∆)e−i∆gt0 (4.17)

où b(t) et d(t) sont calculés d'après l'équation di�érentielle (4.14) avec comme conditions
initiales : a(t0) = b(t0) = d(t0) = 0 et c(t0) = 1. L'amplitude du champ anti-Stokes
rayonné par les cohérences optiques ρab et ρad est donnée par :

EAS(t) = i
kL

2ǫ0

ei(ωL+∆g)t

∫

d∆G(∆) [µabρab(t, ∆) + µadρad(t, ∆)] (4.18)

Si on s'intéresse au champ Stokes, il faut considérer que le champ de lecture excite
seulement les transitions |a〉 → |b〉 et |a〉 → |d〉. Ω est aussi la pulsation de Rabi du champ
de lecture selon la transition |a〉 → |d〉. L'évolution du système est donnée par le système
di�érentiel suivant :
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ḋ








=
i

2









0 µab

µad
Ω 0 Ω

µ∗

ab

µ∗

ad

Ω∗ −2(∆ + ∆g) 0 0

0 0 −2∆g 0

Ω∗ 0 0 −2(∆ + ∆g + ∆e)
















a

b

c

d








(4.19)

où a, b, c, et d sont dé�nis par l'équation (4.15). Les cohérences optiques ρcb(t, ∆) et
ρcd(t, ∆) créées par le champ de lecture s'écrivent :

ρcb(t, ∆)ei(ωL−∆g)t = b(t)ρca(t0, ∆)ei∆gt0 (4.20)
ρcd(t, ∆)ei(ωL−∆g)t = d(t)ρca(t0, ∆)ei∆gt0 (4.21)
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où b(t) et d(t) sont calculés d'après l'équation di�érentielle (4.19) avec comme conditions
initiales : b(t0) = c(t0) = d(t0) = 0 et a(t0) = 1. L'amplitude du champ Stokes s'écrit
alors :

ES(t) = i
kL

2ǫ0

ei(ωL−∆g)t

∫

d∆G(∆) [µcbρcb(t, ∆) + µcdρcd(t, ∆)] (4.22)

Comme dans la partie 3.2.2, l'amplitude du signal de battement avec le champ de lecture
est proportionnelle à |EAS(t) + E∗

S(t)|.

4.2.3 Impulsion rephasante
L'impulsion bichromatique que l'on insère dans une séquence de battements Raman

cohérents permet de transformer ρac en ρca. Pour évaluer l'e�cacité de conversion dans
un double système en Λ, on résout le système di�érentiel de l'équation (4.12) d'une part
avec les conditions initiales a(0) = 1, c(0) = 0 et d'autre part avec les conditions initiales
a(0) = 0, c(0) = 1.
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Fig. 4.12 � E�cacité de conversion de la cohérence Raman en fonction du désaccord
optique ∆′′τ2/2π. Les pulsations de Rabi dans le système |a〉 , |b〉 , |c〉 sont Ω′′

1 = Ω′′
2 =

2, 45π. Ligne continue : système à 3 niveaux. Ligne pointillée : système à 4 niveaux. Le
splitting des sous-niveaux de l'état excité est choisi tel que ∆eτ1/2π = 20.

On a représenté dans la �gure 4.12 l'e�cacité de conversion de la cohérence Raman
lors de la seconde impulsion, dans un système à 4 niveaux, avec Ω′′

1τ2 = Ω′′
2τ2 = 2, 45π

le long des transitions du système |a〉 , |b〉 , |c〉. On a aussi représenté sur la même �gure
l'e�cacité de conversion dand un système à 3 niveaux.

Pour ces pulsations de Rabi, la conversion est très peu e�cace dans le système
|a〉 , |d〉 , |c〉. En e�et, les aires de cette seconde impulsion selon les transitions |a〉 → |d〉
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et |c〉 → |d〉 sont respectivement 0, 88π et 6, 8π. Ainsi, l'inversion de phase semble n'avoir
lieu que dans un seul des systèmes en Λ.

Nous nous sommes aussi intéressés aux modi�cations de l'e�cacité de conversion
lorsque l'on modi�e les aires de la seconde impulsion. Comme dans le cas d'un système
à 3 niveaux (voir la partie 3.2.5), nous avons observé que la position du maximum de
conversion, ainsi que la largeur du domaine spectral sur lequel les cohérences sont inver-
sées, dépendent des aires d'impulsions choisies. Ainsi, en agissant sur l'intensité et sur
les fréquences optiques de l'impulsion rephasante, il est possible d'ajuster la largeur de la
fenêtre de rephasage et de la centrer sur les atomes porteurs d'une cohérence de spin.

4.3 Résultats expérimentaux

4.3.1 Dispositif expérimental
Comme nous l'avons déjà mentionné dans la partie 4.1.1 de ce chapitre, pour pouvoir

exciter les cohérences Raman dans un système où le splitting est important (quelques
dizaines de MHz typiquement), il est nécessaire de créer les deux fréquences ωL1 et ωL2 par
deux modulateurs acousto-optiques distincts. De plus, la réponse radiative que constitue
le signal d'écho Raman est, comme dans l'écho de photon, séparée temporellement de
l'excitation. Ce signal est détecté par di�usion Raman cohérente par battements avec
un faisceau moins intense que les impulsions excitatrices. L'expérience d'écho Raman
peut donc être réalisée dans un montage à un seul faisceau, si on arrive à recombiner
les faisceaux sortant des AO pour que les faisceaux incidents sur l'échantillon soient bien
copropageants.

On modi�e pour cela le montage donné dans le chapitre 2. Le montage utilisé ici est
représenté dans la �gure 4.13. On utilise la même source laser, asservie par la méthode de
Pound-Drever-Hall sur une cavité Fabry-Pérot. Le faisceau est ampli�é à l'aide du BoosTA
(Toptica). Le faisceau sortant de l'ampli�cateur est ensuite séparé en deux faisceaux
d'intensités égales par un cube séparateur de polarisation. Sur chacune des deux voies,
on réalise un montage en double passage d'un modulateur acousto-optique MT110 (AA
OptoElectronics). Ce modulateur a une bande passante nominale de 50 MHz autour de
la fréquence 110 MHz. Le montage en double passage est schématisé sur la �gure 4.14.
Le faisceau est focalisé dans le cristal acousto-optique. Au premier passage, le faisceau
est séparé en plusieurs ordres de di�raction. Le faisceau d'ordre zéro est arrêté par un
carton noir. Le faisceau d'ordre 1 est ré�échi sur un miroir à incidence normale. Ainsi, le
faisceau ré�échi parcourt en sens inverse le chemin du faisceau incident. On a vu que tout
changement de la fréquence acoustique modi�e la direction de propagation du faisceau
di�racté d'ordre 1. Pour que le faisceau revienne sur ses pas quelle que soit la fréquence
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Fig. 4.13 � Dispositif expérimental utilisé pour les expériences d'écho Raman dans le
Tm :YAG. ECDL : diode laser en cavité étendue ; AWG : générateur de formes arbitraires ;
DG : générateur d'impulsions ; PBS : cube séparateur de polarisation ; AO : modulateur
acousto-optique ; GP : prisme de Glan ; APD : photodiode à avalanche. La lame demi-
onde placée devant le cube séparateur de polarisation (PBS) permet de faire en sorte que
l'intensité lumineuse soit la même dans les deux bras.

acoustique, on intercale une lentille à mi-distance entre l'AO et le miroir. La distance focale
de cette lentille doit être égale à la moitié de la distance entre l'AO et le miroir, a�n que
l'ensemble composé de la lentille et du miroir constitue un téléscope de grandissement
−1. Après un second passage à travers la lentille, le faisceau ré�échi est focalisé dans
le modulateur acousto-optique et est à nouveau di�racté dans le modulateur acousto-
optique. Le faisceau noté {1, 1}, di�racté lors de ses deux passages successifs dans le même
modulateur acousto-optique est donc superposé avec le faisceau incident. Sa fréquence
optique est décalée de 2νac par rapport au faisceau incident, où νac est la fréquence de
l'onde acoustique. Ainsi, la bande passante e�ective d'un modulateur acousto-optique
monté en double passage est le double de sa bande passante propre, ici 50 MHz.
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Fig. 4.14 � Montage d'un modulateur acousto-optique (AO) en double passage. Le fais-
ceau incident est focalisé dans le cristal acousto-optique. Il est séparé en un faisceau
transmis (noté "faisceau 0") et un faisceau di�racté (noté "faisceau 1"). On n'a pas repré-
senté les ordres supérieurs sur cette �gure. Après passage à travers la lentille et ré�exion
sur le miroir, le faisceau 1 revient exactement sur ses pas, quel que soit l'angle induit
par la di�raction acousto-optique entre les faisceaux 0 et 1. Le faisceau 1 est alors lui
aussi focalisé dans le cristal, et est donc séparé en deux faisceaux, notés "faisceau {1, 0}"
et "faisceau {1, 1}". Le faisceau {1, 0} est di�racté au premier passage et transmis au
second passage, et le faisceau {1, 1} est di�racté lors des deux passages à travers le cristal
acousto-optique. La lame λ/4 permet de faire tourner la polarisation de π/2 après deux
passages.

Grâce au cube séparateur de polarisation, le faisceau incident de la �gure 4.14 est pola-
risé linéairement. On intercale une lame quart d'onde dans le montage en double-passage,
a�n que la direction de polarisation du faisceau di�racté deux fois soit orthogonale à la
direction de polarisation du faisceau incident. Ainsi, le faisceau di�racté emprunte le port
inutilisé du cube. Un tel montage garantit que les faisceaux deux fois di�ractés provenant
de chacun des deux AO sont superposés à la sortie du cube séparateur, quelle que soit la
fréquence acoustique. En pratique, le faisceau est dévié d'environ 2 mrad pour un chan-
gement de fréquence acoustique de 85 à 135 MHz. L'injection de ces deux faisceaux dans
la même �bre permet de transformer cette faible déviation angulaire en une variation
d'intensité. La �bre monomode garantit que ces deux faisceaux sont exactement dans le
même mode spatial en arrivant sur l'échantillon. Par ailleurs, ces faisceaux ont des direc-
tions de polarisations orthogonales l'un par rapport à l'autre. A�n que tous les faisceaux
incidents sur l'échantillon soient rectilignement polarisés, dans la même direction, on place
à l'entrée de la �bre un prisme de Glan qui sert de polariseur.

Les deux modulateurs acousto-optiques AO1 et AO2 montés en double passage
mettent en forme les impulsions lumineuses en amplitude et en phase. Un générateur
de formes arbitraires (Sony Tektronix AWG 520) déclenché par un générateur d'impul-
sions (Stanford Research DG535) produit point par point l'onde radio-fréquence utilisée
pour commander ces AO à travers un ampli�cateur rf. Une lame demi-onde placée à l'en-
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Chapitre 4 - Etude d'une onde de spin dans le Tm3+:YAG

trée du cryostat permet de tourner la polarisation du faisceau incident sur l'échantillon de
Tm :YAG. Ce faisceau est focalisé dans l'échantillon, sur un spot de diamètre du faisceau
à 1/e2 de 110 µm. Le faisceau transmis est ensuite focalisé dans un troisième modulateur
acousto-optique (AO3), dont l'ouverture est synchronisée sur l'impulsion de détection,
grâce au générateur d'impulsions (DG). On le détecte sur une photodiode à avalanche
(Hamamatsu C4777), dont la tension de sortie est visualisée sur un oscilloscope Tektronix
TDS 3032B.

L'échantillon de Tm3+:YAG est refroidi à 1, 7 K dans un cryostat Spectromag SM4
(Oxford Instruments) muni de bobines supraconductrices, qui permettent de produire un
champ magnétique statique jusqu'à 6 T. L'échantillon est orienté dans le champ magné-
tique de façon que le système à trois niveaux en Λ construit sur les sous-niveaux Zeeman
des niveaux d'énergie de l'ion Tm3+ ait un rapport de branchement optimal. La détermi-
nation de cette orientation a été détaillée dans le chapitre 2 de ce manuscrit.

Grâce au montage des modulateurs acousto-optiques en double passage, on s'est af-
franchi des problèmes de déviation angulaire des faisceaux qui limitaient l'expérience
d'écho Raman à des splittings de quelques MHz tout au plus. La limite supérieure pour
ce splitting est dorénavant déterminée par la bande passante de la photodiode utilisée. En
e�et, on cherche à détecter un battement entre le faisceau de détection à la fréquence ωL2

et la réponse radiative de l'échantillon par di�usion Raman cohérente à la fréquence ωL1.
Ce battement a lieu à la fréquence ωL1 − ωL2 qui est égale à l'écart en fréquence entre
les sous-niveaux de l'état fondamental ∆g. La photodiode utilisée dans les expériences du
chapitre 2 et dans les expériences de battements Raman cohérents (Hamamatsu C5460)
a une bande passante qui s'étend des signaux DC à 10 MHz. Pour les expériences décrites
ici, en particulier lorsque le splitting est supérieur à 10 MHz, nous avons aussi utilisé la
photodiode Hamamatsu C4777 dont la bande passante s'étend de 10 kHz à 100 MHz. Cette
bande passante coïncide par ailleurs avec la bande passante de 100 MHz des modulateurs
acousto-optiques montés en double passage.

On sépare le signal de battement à la fréquence ∆g des bruits expérimentaux en
visualisant directement sur l'oscilloscope la transformée de Fourier rapide du signal.

4.3.2 Elimination de l'écho de photon
La séquence d'impulsions utilisée pour mettre en ÷uvre un écho Raman (voir �-

gure 3.4) est composée de deux séquences d'écho de photon, l'une à ωL1 et l'autre à ωL2.
L'écho de photon est émis par les ions au même instant que l'écho Raman. De plus, comme
tous les faisceaux incidents se propagent dans le même mode spatial, l'écho de photon à
ωL1 et le faisceau de détection à la fréquence ωL2 se propagent dans la même direction.
On observe alors un battement sur le détecteur à la fréquence ωL2 − ωL1.
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La �gure 4.15 (ligne pointillée) montre le signal observé sur l'oscilloscope lorsque l'on
applique la séquence d'écho Raman décrite précédemment à un échantillon de Tm :YAG
en l'absence de champ magnétique. Si l'on appliquait un champ magnétique de façon
que les impulsions bichromatiques excitent e�ectivement la cohérence Raman de l'état
fondamental, le signal d'écho Raman viendrait se superposer au signal de battement de
l'écho de photon visible sur cette �gure.

δ

0 2 4 6 8 10 12
0,0

0,1

0,2

0,3

0,4

S
ig

na
l F

F
T

 (
m

V
)

Fréquence (MHz)

7,5 8,0 8,5 9,0
0,00

0,05

Fig. 4.15 � Transformée de Fourier du signal détecté par la photodiode au moment de
l'impulsion de détection, en l'absence de champ magnétique appliqué. Les deux impulsions
bichromatique ont des fréquences de Rabi de Ω1/2π = Ω2/2π = 0, 21 MHz et Ω′′

1/2π =

Ω′′
2/2π = 0, 31 MHz respectivement, et une durée de 10 µs. Ligne pointillée : les deux

impulsions excitatrices sont toutes deux composées des fréquences ωL1 et ωL2. L'écho de
photon généré à la fréquence ωL1 s'ajoute au champ de détection à ωL2 pour donner ce
signal à ωL2 − ωL1 = 8 MHz. Ligne continue : les fréquences de la seconde impulsion
excitatrice sont décalées de δ par rapport aux fréquences de la première impulsion. Le
signal de battement dû aux échos de photons est décalé en fréquence de δ par rapport à
ωL2 −ωL1. Insert : zoom sur le signal d'écho de photon lorsque la deuxième impulsion est
décalée en fréquence. Le délai entre les deux impulsions est de T = 100 µs. L'échantillon
est refroidi à 2, 4 K.

Les ions résonnants optiquement avec l'une ou l'autre de ces fréquences optiques
participent à l'émission d'un signal d'écho de photon, et à l'émission d'un signal d'écho
Raman. Les ions non résonnants optiquement peuvent aussi participer au signal d'écho
Raman si le système a été préalablement préparé. Il y a donc en principe un plus grand
nombre d'ions participant à l'écho Raman qu'à l'écho de photon. Pourtant, dans toutes nos
expériences, et malgré le travail d'optimisation que nous avons e�ectué dans la partie 3.2,
on a observé un signal d'écho Raman plus faible que l'écho de photon. Peut-être l'écho
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Chapitre 4 - Etude d'une onde de spin dans le Tm3+:YAG

Raman est-il plus sensible que l'écho de photon à la non-uniformité spatiale de la fréquence
de Rabi des champs optiques. Les �gures 3.12 et 3.16 montrent bien cette sensibilité. Cet
e�et n'a pas été pris en compte dans l'analyse théorique de la formation du signal d'écho
Raman présentée dans les paragraphes précédents.

Quoi qu'il en soit, il semble nécessaire d'éliminer ce signal d'écho de photon à la
fréquence ∆g pour pouvoir observer le signal d'écho Raman sur fond noir. Dans notre
montage à un seul faisceau, il nous faut jouer sur les fréquences des di�érents champs
optiques.

Détection décalée en fréquence

Une première idée consiste à décaler la fréquence du champ de détection, d'une quan-
tité δ. Le battement entre l'écho de photon à ωL1 et le champ de détection se produit
alors à la fréquence ∆g + δ. Le signal d'écho Raman, en revanche, est toujours observé à
la fréquence ∆g. En e�et, le champ Stokes (ou anti-Stokes) produit par di�usion Raman
cohérente véri�e la condition de résonance à deux photons avec le champ de détection.
Les deux signaux sont donc séparés sur la transformée de Fourier du signal de battement.
Cette méthode a été proposée par S. R. Hartmann [123], et employée dans plusieurs ex-
périences d'écho Raman [130, 27]. Elle n'est cependant pas su�sante pour observer l'écho
Raman dans le Tm3+:YAG sur fond noir car l'écho de photon reste très intense.

Deuxième impulsion décalée en fréquence

Une autre solution consiste à décaler les deux fréquences de la seconde impulsion d'une
même quantité δ, comme indiqué sur la �gure 4.16. Si le décalage δ est grand devant la
fréquence de Rabi de l'excitation, les deux impulsions n'excitent pas les mêmes atomes
dans le pro�l inhomogène optique. L'écho de photon est donc à la fois décalé en fréquence
et atténué. L'écho Raman peut toutefois être préservé puisque la condition de résonance
à deux photons est toujours véri�ée.

Pour évaluer la contribution de l'écho de photon au signal, considérons un ensemble
d'atomes excité par deux impulsions rectangulaires successives de même durée τ , et de
fréquences ωL1 et ωL1 +δ respectivement. On s'attend à ce que seuls les atomes proches de
la résonance avec l'une ou l'autre des impulsions excitatrices contribuent au signal d'écho
de photon au voisinage de l'écho Raman dans la transformée de Fourier du signal de
battement. On s'intéresse dans un premier temps aux ions dont la fréquence de transition
optique ω est proche de la fréquence ωL1 + δ de la deuxième impulsion. On a supposé
que δ est grand devant la fréquence de Rabi de l'excitation. L'interaction de ces ions peut
donc être décrite au premier ordre de perturbation. La cohérence optique créée dans ces
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Fig. 4.16 � (a) Séquence d'écho Raman permettant d'éliminer l'écho de photon par un
léger désaccord δ des deux fréquences de la deuxième impulsion excitatrice. (b) Schéma
des di�érentes fréquences utilisées dans le système à 4 niveaux.

ions est donc :
ρ(ω) = Ωτ sinc

[
(ω − ωL1)τ

2

]

(4.23)

où Ω représente la fréquence de Rabi de la première impulsion. La contribution de ces
ions à l'écho de photon varie lentement avec le désaccord δ, comme 1/δ. Malgré cette
lente variation, le signal d'écho de photon issu de ces ions est séparé du signal d'écho
Raman, puisqu'il est émis autour de la fréquence ωL1 + δ. Considérons maintenant les
ions dont la fréquence de transition optique est proche de ωL1. Ces ions sont résonnants
avec la première impulsion, mais pas avec la deuxième. L'interaction avec la deuxième
impulsion peut ici aussi être décrite à l'ordre de perturbation le plus bas. Lors de la
deuxième impulsion, la cohérence produite par la première impulsion est multipliée par
la quantité suivante :

(

Ωτ sinc

[
(ω − ωL1 − δ)τ

2

])2

(4.24)

où Ω représente la fréquence de Rabi de la deuxième impulsion. Cette quantité décroît
rapidement avec le désaccord δ, comme 1/δ2. Ainsi, bien que l'écho de photon issu de ces
ions se produise à la même fréquence que l'écho Raman, il est e�cacement atténué. En�n,
on peut montrer que les ions qui ne sont résonnants avec aucune des deux fréquences ωL1

ou ωL1 + δ produisent un écho de photon d'amplitude négligeable.
On a représenté dans la �gure 4.15 la transformée de Fourier rapide du signal de batte-

ment détecté sur la photodiode, lorsque l'échantillon est soumis à la séquence d'impulsions
décrite dans la �gure 3.4, en l'absence de champ magnétique. La deuxième impulsion est
décalée en fréquence de δ = 500 kHz. Les deux impulsions excitatrices ont une durée de
10 µs. L'écho de photon est alors atténué d'un facteur 7 environ, et décalé de δ par rapport
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à sa position originelle ωL2 −ωL1 sur la transformée de Fourier du signal. Comme on peut
le voir dans l'insert de la �gure 4.15, il ne subsiste qu'une petite fraction du signal d'écho
de photon à la fréquence ωL2 − ωL1.

Cette technique permet donc d'éliminer la majeure partie des signaux d'écho de pho-
ton, tout en conservant le signal d'écho Raman. Comme les deux fréquences de la deuxième
impulsion sont décalées d'un même désaccord δ, si la condition de résonance à 2 photons
est véri�ée pour la première impulsion, elle est également véri�ée pour la seconde. Dans
l'étude théorique menée dans la partie 3.2.5, nous avons constaté que pour des pulsa-
tions de Rabi de la deuxième impulsion bien choisies, l'inversion de phase des cohérences
n'a pas lieu pour les atomes résonants optiquement avec la deuxième impulsion, mais
seulement pour les atomes désaccordés d'une quantité déterminée. Par exemple, pour
Ω′′

1 = Ω′′
2 = 2, 45π/τ2, la conversion est optimale pour les atomes dont les transitions

optiques sont désaccordées de 2π/τ2. Le décalage en fréquence de la deuxième impulsion
permet donc à la fois d'optimiser l'écho Raman et d'atténuer les échos de photons.

L'atténuation de l'écho de photon est d'autant meilleure que le désaccord δ est grand.
Or, les calculs de la partie 3.2.5 ont montré que le désaccord optimal pour la deuxième
impulsion augmente avec la fréquence de Rabi de cette deuxième impulsion. La puissance
du laser étant limitée, on ne peut pas décaler la deuxième impulsion su�samment pour
éliminer complètement la contribution de l'écho de photon tout en préservant l'écho Ra-
man. Un décalage typique de δ = 8/τ su�t pour séparer e�cacement le signal d'écho
Raman du signal d'écho de photon réduit.

On a représenté sur la �gure 4.17 le signal d'écho Raman lorsque les deux impulsions
bichromatiques de 10 µs sont décalées de δ = 800 kHz. L'écho de photon produit par les
ions résonnants avec la seconde impulsion est bien visible autour de ∆g + δ.

En plus de décaler en fréquence la deuxième impulsion bichromatique, il est également
possible d'atténuer davantage le signal d'écho de photon proche du signal d'écho Raman
que l'on veut étudier. Il su�t pour cela de préparer le système dans un des sous-niveaux
de l'état fondamental, mettons |a〉, de façon que la transition à ωL2 soit initialement vide
d'atomes. Si l'impulsion de détection est appliquée à la fréquence ωL1, comme indiqué sur
la �gure 4.16, l'écho de photon au voisinage de ∆g est moins intense, au détriment de
celui qui se manifeste autour de la fréquence nulle. Par ailleurs, nous avons aussi montré
dans la partie 3.2.4 qu'une telle préparation permet d'exciter les cohérences Raman sur un
domaine spectral très large dans le pro�l inhomogène, et d'améliorer d'un facteur 4 l'am-
plitude du signal de détection optique des cohérences Raman. La préparation préalable
du système présente donc deux avantages. Toutes les expériences d'écho Raman qui sont
décrites ultérieurement dans ce chapitre contiennent, en plus des impulsions schématisées
dans la �gure 4.16, une étape de préparation. Celle-ci est placée quelques centaines de
µs après l'impulsion de détection. Elle est constituée d'une série d'impulsions balayées en
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Fig. 4.17 � Exemple de signal d'écho Raman obtenu lorsque la deuxième impulsion bi-
chromatique est décalée de δ = 800 kHz par rapport à la première. On distingue l'écho
Raman à la fréquence ∆g = 8, 1 MHz et l'écho de photon à la fréquence ∆g + δ. L'échan-
tillon est initialement à l'équilibre thermique, à 1, 8 K. Les deux impulsions ont une durée
de 10 µs.

fréquence sur 1 MHz en 100 µs, sur une durée totale de 60 ms. La durée de cette étape de
préparation est choisie de façon que les ions puissent subir plusieurs cycles de pompage
optique, même s'ils sont envoyés dans l'état métastable 3F4.

Deuxième impulsion accordée sur l'autre système en Λ

Une troisième méthode peut être utilisée pour éliminer plus e�cacement l'écho de
photon. Elle consiste à désaccorder d'une même quantité δ les deux fréquences de la
deuxième impulsion excitatrice, en �xant δ = ∆e, où ∆e est l'écart en fréquence entre
les deux sous-niveaux de l'état excité. Cette séquence est schématisée sur la �gure 4.18
Ainsi, comme précédemment, un tel décalage prévient la formation de l'écho de photon.
De plus, les atomes excités à résonance optique par la première impulsion sont aussi
excités à résonance optique avec la seconde impulsion. On peut donc ajuster les aires
de la seconde impulsion bichromatique de manière à centrer la fenêtre de rephasage sur
ces atomes. D'après l'analyse théorique e�ectuée dans la partie 3.2.5, ces aires optimales
sont Ω′′

1τ2 = Ω′′
2τ2 = π pour inverser les cohérences de spin dans les atomes résonnants

optiquement avec l'impulsion rephasante. Les aires d'impulsions optimales pour la seconde
impulsion sont donc plus accessibles que dans la méthode précédente.

Ainsi, l'utilisation du quatrième niveau permet de réaliser un processus d'écho Ra-
man aussi e�cace que si l'on n'avait pas décalé la seconde impulsion, tout en atténuant
fortement les échos de photon.

Cette méthode est particulièrement adaptée aux champs magnétiques importants,
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puisque plus ∆e est grand, moins l'écho de photon est présent. En pratique, nous avons
utilisé cette méthode pour des splittings ∆g de quelques MHz à 80 MHz. Cette limite
de 80 MHz est �xée par les modulateurs acousto-optiques. En e�et, l'expérience d'écho
Raman décrite ici met en jeu 4 fréquences optiques : ωL1 et ωL1 + ∆g pour la première
impulsion, et ωL1 + ∆e et ωL1 + ∆g + ∆e pour la seconde. La bande passante de 100 MHz
des modulateurs acousto-optiques constitue une borne supérieure non pas pour ∆g, mais
pour ∆g + ∆e = 1, 4∆g.
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Fig. 4.18 � (a) Séquence d'écho Raman pour éliminer l'écho de photon. (b) Schéma des
di�érentes fréquences utilisées dans le système à 4 niveaux.

4.3.3 Optimisation expérimentale du signal
L'analyse théorique e�ectuée dans la partie précédente permet d'ajuster les aires d'im-

pulsion pour optimiser les di�érentes étapes du processus. En pratique, il ne su�t pas
de se tenir aux aires d'impulsion déterminées ici pour pouvoir observer un signal d'écho
Raman intense et sur fond noir. Il existe un grand nombre de degrés de liberté expéri-
mentaux qui doivent être explorés. Parmi ces degrés de liberté, nous allons décrire ici les
e�ets sur le signal d'écho Raman de la largeur spectrale du laser, de la température de
l'échantillon, et en�n de l'instant où l'impulsion de détection est branchée.

Stabilité du laser

Nous avons vu dans la partie 4.1.1 que les instabilités de fréquence du laser n'em-
pêchent pas l'observation des signaux de battements Raman cohérents. En e�et, on utilise
des modulateurs acousto-optiques pour produire les di�érentes fréquences optiques à par-
tir d'une seule cavité laser. Ainsi, les bruits de fréquence sont corrélés entre les di�érents
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faisceaux, et la di�érence de fréquence présente une stabilité inférieure au kHz. Ceci a été
observé par exemple par R. M. Shelby et al. dans le Pr :YAG [25].

Pourtant, les cohérences Raman créées par l'impulsion excitatrice sont produites à
partir des cohérences optiques. C'est pourquoi, comme nous l'avons montré dans la par-
tie 3.2.4 de ce manuscrit, le bruit de fréquence du laser ne doit pas excéder l'inverse de
la durée des impulsions si on veut exciter e�cacement la cohérence Raman. Dans une
expérience d'écho Raman, l'e�cacité de l'excitation des cohérences Raman est cruciale si
l'on veut pouvoir observer la décroissance du signal sur une dynamique importante. Les
impulsions bichromatiques ont ici une durée de 10 µs, donc la largeur du laser doit être
inférieure à 100 kHz.

On a représenté sur la �gure 4.19 les signaux observés lorsque le laser est asservi (et
présente une largeur inférieure au kHz), et lorsqu'il n'est pas asservi (le laser présentant
alors une largeur de quelques MHz). L'asservissement permet ici d'augmenter l'amplitude
du signal d'écho Raman de 35%. On note également que les signaux d'échos de photons,
attendus autour des fréquences 800 kHz et 10, 1 MHz, ne sont visibles que lorsque le laser
est asservi. En e�et, les cohérences optiques ne peuvent être manipulées e�cacement que
si la largeur spectrale du laser est inférieure que la largeur homogène des transitions
optiques (3 kHz), ce qui est le cas seulement lorsque celui-ci est asservi.

Température

Le choix de la température de l'échantillon peut se révéler critique lors des expériences
de battements Raman cohérents dans un système en V, décrites dans la partie 4.1.1. En
e�et, elle doit être su�samment basse pour que les durées de vie des cohérences soient
assez longues, mais aussi su�samment élevée pour éviter les phénomènes de pompage
optique qui tendent à vider le système à 3 niveaux de ses ions.

Lorsque l'on cherche à observer des échos Raman dans l'état fondamental cette fois,
les phénomènes de pompage optique ne posent pas de problème puisque les atomes ne
quittent pas le système. On s'attend donc à ce que le signal soit d'autant meilleur que
la témpérature est basse. On représente dans la �gure 4.20 les signaux d'écho Raman
obtenus pour di�érentes températures de l'échantillon entre 2, 5 K et 1, 8 K. Cette �gure
montre que la température est un paramètre très critique pour ces expériences, et qu'elle
doit être aussi basse que le permet le dispositif expérimental.

Lors de la mesure de la durée de vie des cohérences Raman, on se placera toujours
à la température de 1, 7 K, à laquelle le niveau d'hélium liquide est stabilisé à quelques
millimètres en-dessous de l'échantillon.
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Fig. 4.19 � E�et de l'asservissement du laser sur l'écho Raman. Les impulsions excitatrices
ont une durée de 10 µs. Ligne continue : le laser n'est pas asservi, et présente donc une
largeur spectral de quelques MHz. Les cohérences optiques ne sont donc pas excitées de
façon cohérente sur toute la durée des impulsions, ce qui empêche la formation des échos
de photon. L'écho Raman est visible à la fréquence ∆g = 8, 3 MHz. On distingue aussi
la modulation à 864 kHz due à l'émetteur radio de Villebon. Ligne pointillée : le laser
est asservi. Les signaux d'écho de photon sont observés aux fréquences δ = 800 kHz et
∆g + δ = 10, 1 MHz. Le signal d'écho Raman est plus intense.
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Fig. 4.20 � E�et de la température de l'échantillon sur le signal d'écho Raman avec
∆g = 8, 1 MHz. La deuxième impulsion est décalée en fréquence de δ = 800 kHz par
rapport à la première. Le signal d'écho de photon est visible à ∆g + δ = 8, 9 MHz. La
température est mesurée à l'aide d'une sonde placée quelques millimètres au-dessus de
l'échantillon. Une réduction de la température de 2, 5 à 1, 8 K permet d'ampli�er le signal
d'écho Raman tout en réduisant modérément le signal d'écho de photon.
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Moment de la lecture

Nous nous sommes intéressés dans la partie 3.2.2 au mécanisme de conversion d'une
cohérence Raman en cohérence optique dans un système à quatre niveaux, lorsque la
cohérence Raman a été initialement créée par une impulsion bichromatique de durée τ .
D'après la �gure 3.14, la cohérence optique se forme progressivement, pour atteindre son
maximum au bout d'une durée τ après le début de l'impulsion de détection.

Conformément à ces prévisions, nous avons observé expérimentalement que l'ampli-
tude du signal passe par un maximum lorsque l'impulsion de détection est décalée dans
le temps par rapport au moment de l'écho Raman. Les deux impulsions excitatrices de
10 µs sont séparées de 100 µs. L'impulsion de détection doit être branchée de façon que
le maximum d'e�cacité de conversion des cohérences Raman en signal optique coïncide
avec l'apparition de l'écho Raman. La �gure 4.21 montre l'évolution de l'amplitude du
signal d'écho Raman lorsque l'on déplace le début de l'impulsion de détection. Ce signal
trouve son maximum lorsque cette impulsion démarre 30 à 40 µs avant l'écho Raman.
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Fig. 4.21 � Amplitude du signal d'écho Raman, lorsque l'on déplace le début de l'impulsion
de détection. Le champ magnétique appliqué est de 0, 195 T, ce qui correspond à ∆g =

8, 1 MHz. La seconde impulsion est décalée en fréquence de δ = 800 kHz.

4.3.4 Mesure de T2

Maintenant que le signal d'écho Raman est optimisé, à la fois par l'analyse théorique
et par l'exploration de di�érents paramètres expérimentaux, on fait varier la durée T

séparant les deux impulsions excitatrices a�n de mesurer la durée de vie T2 des cohérences
Raman. On suppose que la décroissance du signal d'écho Raman est exponentielle, de la
forme e−2T/T2 .
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Chapitre 4 - Etude d'une onde de spin dans le Tm3+:YAG

Niveau fondamental

Dans un cristal dopé aux ions de terre rare, les transitions optiques ne sont pas sélec-
tives en polarisation. Pour exciter indépendamment les deux transitions d'un système en
Λ, il est indispensable que la di�érence de fréquence entre les transitions soit su�samment
grande par rapport à la largeur spectrale du champ excitateur. Pour cette raison, le Tm
pourrait se révéler très intéressant, grâce à l'ajustabilité du splitting dans ses sous-niveaux
hyper�ns, à condition de présenter une longue durée de vie des cohérences Raman même
à fort champ magnétique.

Pour un champ magnétique appliqué de 0, 99 T, le splitting de l'état fondamental est
de ∆g = 41 MHz, ce qui est déjà très supérieur au splitting entre les sous-niveaux hyper�ns
du praséodyme (10, 2 MHz). On donne dans la �gure 4.22 les signaux d'écho Raman
obtenus pour di�érentes durées T entre les deux impulsions bichromatiques. La hauteur
des pics observés à la fréquence 41 MHz décroît comme e−2T/T2 avec T2 = 350 ± 40µs.
Dans la perspective d'évaluer les qualités de cet ion en tant que support pour une mémoire
quantique, nous mesurons la durée de vie des cohérences Raman pour di�érentes valeurs
du champ magnétique appliqué.
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Fig. 4.22 � Transformée de Fourier des signaux détectés enregistrés pour di�érents temps
d'attente T (entre 100 et 400 µs, séparés de 25 µs) pour la mesure de T2. Le champ
magnétique appliqué est de 0, 99 T, ce qui correspond à un splitting de ∆g = 41 MHz
dans l'état fondamental.
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4.3 Résultats expérimentaux

Nous avons dans un premier temps réalisé des mesures du T2 avec le montage repré-
senté dans la �gure 2.12, où toutes les impulsions sont mises en forme à l'aide d'un seul
modulateur acousto-optique, monté en simple passage [131]. Comme nous l'avons remar-
qué dans la partie 4.1.1 de ce manuscrit, ce type de montage ne permet pas d'observer
des battements à des fréquences très supérieures à 10 MHz. Pour pouvoir explorer des
splittings plus importants, nous avons remplacé le montage de l'AO en simple passage
par le montage représenté en �gure 4.13. Cela nous a permis d'observer des échos Raman
et de mesurer la durée de vie des cohérences Raman T2 pour des splittings ∆g allant
de 5 à 83 MHz, ce qui correspond à un champ magnétique appliqué allant de 0, 12 à
2 T [101]. Dans la �gure 4.23, on a reporté les mesures de T2 pour di�érents splittings
∆g de l'état fondamental, e�ectuées avec l'un ou l'autre des deux montages. Les barres
d'erreur correspondent à l'erreur standard déduite de l'ajustement par la méthode des
moindres carrés.
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Fig. 4.23 � Mesure de la durée de vie des cohérences Raman pour di�érents champs
magnétiques appliqués. Les cercles ouverts correspondent aux expériences réalisées avec un
seul modulateur acousto-optique en simple passage [131]. Les carrés noirs correspondent
aux expériences réalisées avec deux AO montés en double passage [101].

Niveau excité

Nous avons aussi observé des échos Raman dans l'état excité. Les impulsions utilisées
sont, pour la première impulsion, ωL1 et ωL1+∆e , et pour la deuxième impulsion, ωL1−∆g

et ωL1 − ∆g + ∆e. La première excite les transitions optiques du système |a〉, |b〉, |d〉, et
la seconde excite celles du système |c〉, |b〉, |d〉, a�n d'éviter la formation d'un écho de

161



Chapitre 4 - Etude d'une onde de spin dans le Tm3+:YAG

photon, tout en conservant un e�cacité optimale pour l'écho Raman. Les paramètres
expérimentaux sont identiques à ceux utilisés pour la mesure de la durée de vie des
cohérences Raman dans l'état fondamental.

Nous avons ainsi mesuré T2 = 540 ± 35 µs dans l'état excité, pour un splitting ∆e =

16, 4 MHz. Cela correspond à un champ magnétique de 1 T. Cette durée de vie est
sensiblement plus longue que celle que nous avons mesurée dans l'état fondamental.

4.4 Origine de la relaxation des cohérences Raman
Nous avons remarqué dans la partie 2.4.1 que la composante dominante du ten-

seur gyromagnétique est particulièrement élevée dans l'état fondamental du Tm3+:YAG
(γ(g)

y = 403 MHz/T). Ceci signi�e que l'ion thulium est sensible aux �uctuations du champ
magnétique induites par le basculement des spins des ions qui l'entourent. Ces bascule-
ments sont responsables de la relaxation des cohérences Raman dans le Tm3+:YAG . Nous
allons préciser ici la nature de ces �uctuations, puis les relier aux résultats expérimentaux.

4.4.1 Mécanismes responsables de la décohérence
L'amplitude d'un écho de photon ou d'un écho Raman à deux impulsions est donnée

par :
A(t12) = A0 exp[−2πt12Γeff (t12)] (4.25)

où t12 est la durée séparant les deux impulsions. En l'absence de perturbations dynamiques
dues à l'environnement de l'ion, la quantité Γeff ne dépend pas du temps. La décroissance
de l'écho est alors exponentielle. En revanche, en présence de di�usion spectrale, c'est-à-
dire s'il existe une interaction provoquant des déplacements des niveaux d'énergie, et
si ces déplacements dépendent du temps, alors la décroissance n'est plus exponentielle.
La quantité Γeff permet de décrire les di�érents processus de relaxation des cohérences.
Böttger et al. ont e�ectué une analyse détaillée des facteurs de relaxation des cohérences
dans l'orthosilicate d'yttrium dopé aux ions erbium (Er :YSO) [132].

Le cristal de Tm3+:YAG est porté à une température su�samment basse (2 K) pour
que l'on puisse négliger le couplage des spins aux phonons du réseau. La di�usion spec-
trale, provenant des �uctuations du champ magnétique local ressenti par les ions de Tm,
constitue donc le facteur principal de décohérence. Ces �uctuations sont dues aux bas-
culements de spins d'aluminium environnant les ions de thulium. Elles provoquent un
déplacement au cours du temps des niveaux Zeeman du Tm par l'intermédiaire de l'in-
teraction dipolaire magnétique.

Les ions Tm peuvent aussi être perturbés par les basculement des spins des ions Tm
environnants, ou par les spins des ions Y de la matrice de YAG. Ces contributions sont
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4.4 Origine de la relaxation des cohérences Raman

négligeables par rapport à l'e�et des basculements des spins d'aluminium. En e�et, le
spin nucléaire de l'yttrium possède un moment magnétique 26 fois plus faible que celui
de l'aluminium. En ce qui concerne les interactions Tm-Tm, la concentration de notre
échantillon (0, 1 %) est su�samment faible pour que l'on puisse les négliger. Le moment
magnétique de l'ion Tm libre est de 0, 232µN , où µN est le magnéton nucléaire. Cela
représente une sensibilité Zeeman de 3, 5 MHz/T. Dans le YAG, l'e�et Zeeman exacerbé
donne au Tm un moment magnétique qui dépend fortement de l'orientation du champ
magnétique appliqué2. Il peut atteindre 26, 5µN au maximum, ce qui correspond à une
sensibilité magnétique de 403 MHz/T. Cette sensibilité est encore très inférieure à celle que
l'on peut observer dans des ions Kramers tels que l'erbium (dont le moment magnétique
électronique est de l'ordre de plusieurs dizaines de GHz/T).

La quantité Γeff ne contient donc que la contribution de la di�usion spectrale due aux
spins d'aluminium. On note RAl le taux de basculement des spins nucléaires d'aluminium.
Selon qu'il se produit peu ou beaucoup de basculements pendant la durée de l'expérience
d'écho, Γeff s'écrit [132] :

Γeff (t12) =
1

2
ΓAlSDRAlt12 si RAlt12 ≪ 1 (4.26)

Γeff (t12) = ΓAlSD

√
2

RAlt12
si RAlt12 ≫ 1 (4.27)

La fréquence ΓAlSD est donnée par l'équation :

ΓAlSD = 0, 14µ0hγTmITmγAlnAl

√

IAl(IAl + 1) sech

(
hγAlB

2kT

)

(4.28)

Les quantités γTm et ITm = 1/2 désignent respectivement le coe�cient gyromagnétique et
le spin nucléaire du thulium. Cette expression a été obtenue en supposant que le tenseur
gyromagnétique du thulium est isotrope. Les quantités γAl, IAl = 5/2 et nAl désignent
respectivement le coe�cient gyromagnétique (exprimé en Hz/T), le spin nucléaire, et la
densité volumique des atomes d'aluminium. B désigne le champ magnétique externe en
teslas, T est la température de l'échantillon en kelvins, k est la constante de Boltzmann,
h est la constante de Planck, et µ0 est la perméabilité magnétique du vide.

A basse température, les basculements des spins nucléaires d'aluminium sont princi-
palement dûs aux �ip-�ops. Le taux de basculement par �ip-�ops est donné par [132] :

RAl = 0, 25µ0hγ2
AlnAl

√

IAl(IAl + 1) sech

(
hγAlB

2kT

)

(4.29)

Les basculements par �ip-�op ne peuvent se produire qu'entre deux spins antiparallèles.
Or, en présence d'un champ magnétique su�samment fort pour que l'énergie d'inter-

2En e�et, le moment magnétique nucléaire µ est relié au coe�cient gyromagnétique γ par : µ = hγI,
où I désigne le spin nucléaire, et h la constante de Planck.
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Chapitre 4 - Etude d'une onde de spin dans le Tm3+:YAG

action magnétique hγB domine l'énergie thermique kT , les spins ont tendance à s'ali-
gner, ce qui réduit le taux de �ip-�ops selon un comportement en sécante hyperbolique
(sech(x) = 1/ch(x)). C'est ainsi que l'on gèle les basculements de spin des ions erbium
dans le Er :YSO en appliquant un champ magnétique de plusieurs teslas. L'aluminium,
en revanche, possède un moment magnétique de spin nucléaire 2000 fois plus faible que
celui de l'erbium. A une température de 2 K, et sous un champ magnétique de 2 T,
hγAlB/2kT ≈ 2, 7 · 10−4. On en conclut que le champ magnétique n'a aucun e�et sur le
taux de basculement RAl tant qu'il est de l'ordre du tesla, ce qui est le cas dans l'ensemble
de nos expériences d'écho Raman.

L'amplitude de l'écho Raman suit donc une décroissance non-exponentielle [133, 132] :

A(T ) = A0 exp
(
−πΓAlSDRAlt

2
12

)
si RAlt12 ≪ 1 (4.30)

A(T ) = A0 exp

(

2

√
2π

RAl

ΓAlSD

√
t12

)

si RAlt12 ≫ 1 (4.31)

4.4.2 Comparaison avec les résultats expérimentaux
Le coe�cient gyromagnétique de l'aluminium est de γAl = 11, 1 MHz/T. Dans le

YAG, la densité d'atomes d'aluminium est nAl = 2, 3 · 1028 m−3. Le taux de basculement
des ions aluminium RAl est donc :

RAl = 1750 Hz (4.32)

RAlt12 = 0, 70 pour t12 = 400 µs. Or, le domaine temporel le plus large sur lequel la
décroissance de l'écho a pu être mesurée s'étend de t12 = 50 µs à t12 = 400 µs. On est
donc dans le cas RAlt12 ≪ 1. On s'attend donc à observer une décroissance de l'écho
Raman en e−t2 , plus rapide qu'une exponentielle, aussi bien dans l'état fondamental que
dans l'état excité.

Sur cette échelle de temps (50 µs ≤ t12 ≤ 400µs), l'amplitude de l'écho est divisée par
10 environ. Sur une échelle si faible, il est di�cile de distinguer une fonction exponentielle
d'une fonction en e−t2 , ou d'une fonction en e−

√
t. Selon le domaine de t12 sur lequel

la décroissance est observée, on pourra mesurer di�érentes pentes, et obtenir di�érentes
valeurs pour T2. Ceci explique sans doute en partie les variations de la durée de vie T2

observées d'une mesure à l'autre.
Comme nous l'avons mentionné plus haut, la valeur de ΓAlSD donnée dans l'équa-

tion (4.28) est obtenue en supposant que le tenseur gyromagnétique de l'ion de terre rare
est isotrope [133, 132]. Or, ce n'est pas le cas de l'ion thulium, qui présente une anisotropie
particulièrement marquée (voir tableau 2.4). On peut malgré cela utiliser l'équation (4.28),
pour déterminer à partir des résultats expérimentaux le coe�cient gyromagnétique e�ectif
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γeff
Tm , qui tiendrait compte de l'anisotropie magnétique.

ΓAlSD = 44, 07 · 10−6 × γeff
Tm (4.33)

où γeff
Tm et ΓAlSD sont exprimés respectivement en Hz/T et en Hz.
On peut également estimer le coe�cient gyromagnétique e�ectif du Tm en supposant

qu'il est égal à la moyenne quadratique des trois composantes γx, γy, γz du tenseur gyro-
magnétique, soit

√

(γ2
x + γ2

y + γ2
z )/3. On devrait alors trouver γ

(g)
eff = 233, 1 MHz/T dans

l'état fondamental et γ
(e)
eff = 48, 4 MHz/T dans l'état excité.

Décroissance de l'écho Raman dans l'état fondamental

A titre d'exemple, on a représenté sur la �gure 4.24 la décroissance de l'écho Raman
dans l'état fondamental pour un splitting ∆g = 8 MHz (soit un champ appliqué de
B = 0, 19 T), obtenue pour t12 allant de 100 à 425 µs. L'ajustement par une fonction
exponentielle donne une durée de vie T2 = 367 ± 17 µs. Nous avons aussi ajusté aux
points expérimentaux la courbe représentant la décroissance de l'écho Raman telle qu'elle
est prédite par l'équation (4.30). Cet ajustement nous permet de déterminer Γg

AlSD =

2190±50 Hz, et d'en déduire le coe�cient gyromagnétique e�ectif dans l'état fondamental
du Tm3+:YAG :

γeff,g
Tm = 49, 7 ± 1, 5 MHz/T (4.34)

Décroissance de l'écho Raman dans l'état excité

Dans le Tm3+:YAG , les coe�cients γy et γz du tenseur gyromagnétique sont 5 fois plus
faibles dans l'état excité que dans l'état fondamental. Le coe�cient γx est en revanche 1, 5

fois plus fort dans l'état excité (voir le tableau 2.4). On s'attend donc à ce que le coe�cient
gyromagnétique e�ectif soit plus faible dans l'état excité que dans l'état fondamental. Ceci
implique que la décroissance de l'écho Raman doit être plus lente dans l'état excité. On
représente sur la �gure 4.25 la décroissance de l'écho Raman dans l'état excité pour un
splitting ∆e = 16, 4 MHz (soit un champ appliqué de B = 0, 99 T), obtenue pour t12

allant de 50 à 450 µs. Sur cet intervalle de temps, le signal est observé sur une dynamique
extrêmement faible, car l'amplitude de l'écho est divisée seulement par 3. L'ajustement
par une fonction exponentielle donne une durée de vie T2 = 573± 40 µs. On a également
ajusté aux points expérimentaux la courbe représentant la décroissance de l'écho donnée
dans l'équation (4.30). Cet ajustement nous permet de déterminer Γe

AlSD = 1380±140 Hz,
et d'en déduire le coe�cient gyromagnétique e�ectif dans l'état excité du Tm3+:YAG :

γeff,e
Tm = 31, 4 ± 3 MHz/T (4.35)
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Fig. 4.24 � Amplitude de l'écho Raman dans l'état fondamental pour ∆g = 8 MHz.
L'échelle verticale est logarithmique. On a ajusté les points expérimentaux (carrés noirs)
avec une fonction exponentielle e−2T/T2 avec T2 = 367 µs (ligne tiretée), et avec l'expression
de l'équation (4.30), avec ΓAlSD = 2190 Hz (ligne continue).

4.4.3 Bilan
La durée de vie des cohérences de spin nucléaire dans le Tm :YAG (350 µs) est

comparable à celle mesurée dans le Pr :YSO (500 µs). Ce résultat est surprenant, car
comme le montre le tableau 4.1, le coe�cient gyromagnétique moyen du thulium dopé
dans le YAG est environ 3 fois plus important que celui du praséodyme dans l'YSO.
En outre, à cause des ions aluminium, le cristal de YAG possède une densité de spins
largement supérieure à celle du YSO. Le thulium est donc à la fois plus sensible que le
praséodyme aux �uctuations du champ magnétique, et est placé dans un environnement
donnant lieu à davantage de ces �uctuations. Cela devrait entraîner des mécanismes de
relaxation plus rapides dans le Tm :YAG, et une durée de vie des cohérences de spin
largement inférieure à celle qui a été mesurée dans le Pr :YSO.

Cette apparente contradiction peut s'expliquer par un e�et de frozen core. Chaque ion
Tm3+ possède un moment magnétique qui déplace de façon statique les niveaux d'énergie
des atomes d'aluminium environnants. Les basculements entre Al par �ip-�ops sont alors
ralentis au voisinage des ions de thulium. Cet e�et est d'autant plus important que le
moment magnétique du Tm est élevé. A cause de l'e�et Zeeman nucléaire exacerbé, l'ion
thulium possède un moment magnétique plus important dans l'état fondamental que
dans l'état excité. On s'attend alors à un e�et de frozen core plus marqué dans l'état
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Fig. 4.25 � Amplitude de l'écho Raman dans l'état excité pour ∆e = 16, 4 MHz. L'échelle
verticale est logarithmique. On a ajusté les points expérimentaux (carrés noirs) avec une
fonction exponentielle e−2T/T2 avec T2 = 573 µs (ligne tiretée), et avec l'expression de
l'équation (4.30), avec ΓAlSD = 1383 Hz (ligne continue).

fondamental que dans l'état excité. Cet e�et a été observé dans le Pr :LaF3 [135] autour
des ions Pr3+ qui présentent un moment magnétique plus faible que le thulium. C'est
probablement à cause de l'e�et de frozen core que les coe�cients gyromagnétiques e�ectifs
γeff,g

Tm et γeff,e
Tm déterminés à partir de la décroissance de l'écho Raman (voir les �gures 4.24

et 4.25) sont largement inférieurs aux coe�cients moyens du tableau 4.1. L'e�et de frozen
core n'est pas pris en compte dans le calcul de Böttger et al. [132].

La di�usion spectrale due aux basculements des spins nucléaires des atomes d'alumi-
nium présents dans le cristal de YAG combinée à un e�et de frozen core explique donc de
façon relativement satisfaisante les résultats expérimentaux.

Les équations (4.30) et (4.31) qui décrivent la décroissance du signal d'écho Raman
en fonction du temps séparant les deux impulsions nous permettent de prévoir le compor-
tement de la durée de vie T2 des cohérences Raman pour des champs magnétiques plus
importants. Les paramètres ΓAlSD et RAl dépendent de l'amplitude du champ magnétique
appliqué à travers la fonction sech

(
hγAlB
2kT

)
. Pour une température de T = 2 K, cette fonc-

tion reste constante égale à 1 tant que B < 1000 T. Or, le champ magnétique statique
que l'on peut générer avec des bobines supraconductrices conventionnelles est limité à
une dizaine de teslas. On s'attend donc à ce que la durée de vie des cohérences Raman
reste constante dans l'état fondamental et dans l'état excité pour n'importe quel champ
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Tm :YAG Pr :YSO
γx (MHz/T) 11,8 28,6
γy (MHz/T) 403 30,5
γz (MHz/T) 20,7 115,6

√

γ2
x + γ2

x + γ2
x/
√

3 (MHz/T) 233 70
T2 350 µs 500 µs

Tab. 4.1 � Coe�cients gyromagnétiques et durée de vie des cohérences Raman dans l'état
fondamental du Tm :YAG et du Pr :YSO. Les coe�cients du tenseur gyromagnétiques
du Pr :YSO sont tirées de la thèse d'E. Fraval [134].

magnétique externe supérieur à 2 T produit en laboratoire.
Pour allonger la durée de vie des cohérences de spin nucléaire dans le Tm :YAG, on

pourrait envisager de découpler les spins nucléaires des ions aluminium, en excitant leur
transition hyper�ne à résonance avec un champ radio-fréquence, comme cela a été fait
dans le Pr3+ :LaF3 [136].

4.5 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons présenté les di�érentes étapes théoriques et expérimen-

tales qui nous ont permis de mesurer la durée de vie des cohérences Raman dans l'état
excité et dans l'état fondamental de l'ion Tm3+ au moyen d'excitations optiques unique-
ment. La mise en évidence expérimentale des battements Raman cohérents dans l'état
excité constitue la première étape de cette démarche. A cause d'un élargissement inhomo-
gène trop important sur la transiton hyper�ne, les battements Raman cohérents n'ont pas
pu être observés dans l'état fondamental. La mise en ÷uvre d'expériences d'écho Raman
est donc nécessaire pour accéder à la durée de vie des cohérences Raman. Nous avons
ensuite généralisé les résultats théoriques de la partie 3.2, où l'on a décrit les di�érentes
étapes d'une expérience d'écho Raman dans un système à 3 niveaux, au cas d'un système
à 4 niveaux. En�n, l'optimisation expérimentale de la séquence d'impulsions et de cer-
tains paramètres expérimentaux a permis d'obtenir un signal d'écho Raman su�samment
intense pour que la durée de vie T2 des cohérences Raman puisse être mesurée.

L'ajustabilité du splitting entre les sous-niveaux hyper�ns combinée à la simplicité
de sa structure de niveaux est une spéci�cité de l'ion thulium. Nous avons mesuré la
durée de vie des cohérences T2 dans les sous-niveaux de l'état fondamental pour di�érents
champs magnétiques compris entre 0, 12 et 2 T, correspondant à des splittings compris
entre 5 et 83 MHz. Nous avons observé que T2 est d'environ 350 µs et varie peu avec
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4.5 Conclusion

le splitting sur tout l'intervalle exploré. La relaxation des cohérences Raman dans l'état
excité et dans l'état fondamental semble être due aux basculements �ip-�ops des spins
d'aluminium proches des ions thulium. On s'attend par ailleurs à une durée de vie des
cohérences Raman constante pour des champs magnétiques supérieurs à 2 T.

L'absence de sélectivité en polarisation des transitions optiques rend indispensable
l'utilisation de sources dont la bande passante est inférieure au splitting. Or les sources
de photon unique existantes peuvent atteindre aujourd'hui une bande passante minimale
de 50 MHz [38, 39]. La stabilité du T2 pour des splittings allant jusqu'à 83 MHz, et
probablement au-delà, montre l'attractivité de l'ion thulium pour la réalisation d'une
mémoire quantique dans un matériau solide.
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Chapitre 5

Passage adiabatique par e�et Raman
stimulé (STIRAP)

Les expériences d'écho Raman décrites dans le chapitre 4 nous ont permis de mesu-
rer la durée de vie des cohérences de spin dans le Tm :YAG par des moyens optiques.
Néanmoins, malgré un e�ort d'optimisation théorique et expérimentale, le processus est
resté très peu e�cace par rapport à l'écho de photon. Nous avons su exciter la cohérence
Raman, mais nous ne sommes pas parvenus dans ces expériences à la contrôler e�ca-
cement. Nous nous sommes donc tournés vers le passage adiabatique par e�et Raman
stimulé (STIRAP), a�n de manipuler la cohérence Raman d'une manière di�érente.

Dans un système en Λ, le STIRAP permet de transférer la totalité des atomes de l'un
des deux niveaux fondamentaux vers l'autre, en faisant évoluer un état de superposition
entre ces deux niveaux. Contrairement à l'écho Raman, dans lequel on détecte la réponse
radiative du matériau, l'étude du STIRAP consiste à observer la modi�cation des popu-
lations atomiques. Ce processus présente l'intérêt d'être robuste, c'est-à-dire peu sensible
aux variations des aires d'impulsions.

Dans la première partie de ce chapitre, nous décrirons plusieurs techniques qui per-
mettent de réaliser un transfert de population entre les sous-niveaux fondamentaux d'un
système en Λ. Dans la seconde partie, nous présenterons en détail le processus de STI-
RAP d'un point de vue théorique. En�n, nous décrirons dans la troisième partie la mise
en ÷uvre expérimentale du STIRAP dans l'échantillon de Tm :YAG que nous avons
caractérisé dans les chapitres précédents.
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Chapitre 5 - Passage adiabatique par effet Raman stimulé (STIRAP)

5.1 Transferts de population dans un système en Λ

�

�

�

�

�

�

Fig. 5.1 � Etat du système avant et après un transfert idéal de population.

On cherche à transférer la population d'un sous-niveau atomique |a〉 vers un autre
sous-niveau |c〉 vide d'atomes dans un système à 3 niveaux, comme indiqué dans la �-
gure 5.1. On se place dans un système à 3 niveaux de type Λ, où les deux sous-niveaux
fondamentaux |a〉 et |c〉 sont reliés par des transitions optiques à un même niveau |b〉. On
fait aussi l'hypothèse que la durée de vie des populations dans les sous-niveaux |a〉 et |c〉
est in�niment longue.

Plusieurs techniques sont envisageables pour réaliser un tel transfert de population.
Elles sont recensées dans la référence [137]. Certaines de ces techniques mettent en jeu des
processus incohérents, comme le pompage optique ou le pompage par émission stimulée
(stimulated emission pumping). Comme nous allons le voir, ces techniques présentent en
général une faible e�cacité. Le STIRAP, en revanche, met en jeu des processus cohérents
et permet d'atteindre une e�cacité de transfert de 100%.

Pompage optique

Ce premier type de transfert consiste à illuminer les atomes à l'aide d'un laser ré-
sonnant avec la transition optique qui s'appuie sur le niveau initialement peuplé |a〉. On
suppose que l'excitation laser ne peut exciter que la transition |a〉 → |b〉, comme cela
a été représenté en �gure 5.2. Ceci est possible si les deux transitions sont sélectives en
polarisation, ou, à défaut, si le niveau |c〉 est su�samment séparé en énergie du niveau
|a〉.

Chaque atome qui absorbe un photon est porté dans l'état excité |b〉. Il a une certaine
probabilité de se désexciter, soit vers le niveau |a〉, soit vers le niveau |c〉. S'il tombe dans
l'état |c〉, il devient alors insensible au champ excitateur, et il reste donc indé�niment
dans cet état puisque la durée de vie des populations dans les sous-niveaux de l'état
fondamental est supposée in�nie. Si en revanche l'atome retombe dans le niveau de départ,
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5.1 Transferts de population dans un système en Λ

il est à nouveau susceptible d'être excité vers le niveau |b〉. Au bout d'un grand nombre de
cycles, même si l'excitation est incohérente, tous les atomes résonnants optiquement avec
le champ appliqué auront quitté l'état de départ |a〉. Un tel processus se produit donc à
l'échelle de temps de plusieurs fois la durée de vie du niveau excité.

�
Ω

�

�

�

Fig. 5.2 � Pompage optique dans un système à 3 niveaux.

S'il existe d'autres niveaux atomiques vers lesquels l'atome peut se désexciter, alors
l'atome va se retrouver dans un mélange statistique entre plusieurs états, plutôt que dans
l'état |c〉. L'e�cacité du transfert s'en trouve donc réduite. Si au contraire, le système en
Λ est fermé, le transfert de population par pompage optique peut atteindre 100%.

Pompage par émission stimulée

Le pompage par émission stimulée (ou stimulated emission pumping) est aussi un
processus incohérent. Comme pour le pompage optique, les atomes dans l'état initial |a〉
sont pompés de façon incohérente dans l'état excité |b〉 par un premier champ excitateur,
appelé Pompe. Puis, au lieu d'attendre que les atomes se désexcitent naturellement vers
les niveaux de plus basse énergie, on stimule la transition |b〉 → |c〉 pour forcer les atomes
à se désexciter vers l'état |c〉 à l'aide d'un second champ, appelé Stokes. On évite ainsi la
désexcitation vers d'autres niveaux. Si les deux champs Pompe et Stokes sont su�samment
intenses pour saturer les transitions optiques, on peut atteindre une e�cacité de transfert
de 1/4, tandis que la moitié des atomes reste dans l'état de départ. On peut améliorer
légèrement l'e�cacité de ce processus en appliquant simultanément les deux champs, ce
qui conduit en principe à une e�cacité de transfert de 1/3. Malgré son e�cacité très faible,
le pompage par émission stimulée a été largement utilisé par exemple dans le domaine de
la spectroscopie moléculaire [138].

Comme pour le pompage optique, seuls les atomes résonnants avec le champ Pompe
sont portés dans l'état excité. En outre, seuls les atomes résonnants avec le champ Stokes
peuvent être désexcités vers |c〉 par émission stimulée. Ainsi, le processus de pompage par
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Chapitre 5 - Passage adiabatique par effet Raman stimulé (STIRAP)

émission stimulée permet de transférer seulement les atomes dont la transition |a〉 → |b〉
et la transition |c〉 → |b〉 sont résonnantes optiquement avec les champs Pompe et Stokes
respectivement.

�
Ω

�

�

�

�
Ω

Fig. 5.3 � Pompage par émission stimulée dans un système à 3 niveaux.

Oscillations de Rabi

On considère maintenant le même système en Λ représenté dans la �gure 5.3, mais
excité de manière cohérente par les champs pompe et Stokes. L'excitation cohérente réson-
nante d'un système à deux niveaux donne lieu à des oscillations de Rabi. En particulier,
lorsque l'aire de l'impulsion excitatrice est un multiple impair de π, les atomes sont tous
portés dans l'état excité. On peut tirer parti de cette propriété pour e�ectuer un transfert
complet de population depuis l'état |a〉 jusqu'à l'état |c〉, en passant par le niveau |b〉.

En théorie, l'e�cacité d'un tel processus atteint 100% pour les atomes résonnants
avec les deux champs. En pratique, elle est limitée par la sensibilité du transfert aux
aires d'impulsions. En e�et, le pro�l spatial du faisceau, et éventuellement le mouvement
des atomes dans le faisceau fait que même les atomes résonnants ne voient pas tous des
impulsions de même aire.

Passage adiabatique par e�et Raman stimulé (STIRAP)

Le passage adiabatique par e�et Raman stimulé est une autre technique qui permet
d'e�ectuer un transfert complet de population entre les deux états fondamentaux d'un
système en Λ. Elle consiste à placer les atomes dans une superposition entre les deux ni-
veaux fondamentaux du Λ, et à faire évoluer lentement cet état de superposition de l'état
de départ vers l'état d'arrivée, sans qu'il n'acquière jamais une composante selon l'état
excité au cours du processus. Cela est réalisé en excitant les deux transitions optiques à
l'aide de deux champs monochromatiques Pompe et Stokes, dans un ordre contre-intuitif
(c'est-à-dire que le champ Stokes précède le champ Pompe). Le STIRAP a d'abord été
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suggéré dans l'article théorique de Oreg et al. [139], avant d'être démontré expérimenta-
lement dans un jet moléculaire [140, 141].

Ce processus présente des di�érences importantes par rapport aux trois techniques
présentées plus haut. D'une part, la population de l'état excité reste nulle tout au long
du transfert, malgré l'excitation des transitions optiques. Ceci n'est possible que parce
que le champ Stokes précède le champ Pompe. Cela permet d'éviter l'émission spontanée
ainsi que les pertes des atomes vers d'autres niveaux n'appartenant pas au Λ. De plus,
comme on le montrera plus loin dans ce chapitre, la sélectivité spectrale du STIRAP est
celle d'un processus à deux photons. Les atomes transférés par STIRAP ne doivent pas
nécessairement être résonnants optiquement avec les champs Pompe et Stokes. En outre,
c'est un transfert robuste, c'est-à-dire qu'il n'est pas sensible à de petites variations des
paramètres expérimentaux, comme l'aire des impulsions excitatrices. En�n, le STIRAP
fait intervenir la cohérence Raman entre les deux niveaux de départ et d'arrivée. C'est
pourquoi il doit être réalisé sur une échelle de temps inférieure à la durée de vie de cette
cohérence Raman.

5.2 Le STIRAP : principes généraux
On décrit ici le STIRAP d'abord dans un système à 3 niveaux idéal, en s'appuyant

sur l'article de revue de Bergmann et al. [142]. Ensuite, on présentera les compléments
qu'il faut apporter au modèle lorsque l'on veut décrire le STIRAP dans un système réel.

5.2.1 Description théorique du STIRAP dans un système à 3 ni-
veaux
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Fig. 5.4 � Système à 3 niveaux pour le STIRAP. Les transitions |a〉 → |b〉 et |c〉 → |b〉
sont excitées respectivement par les champs Pompe et Stokes, avec des désaccords optiques
respectifs ∆P et ∆S.
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Chapitre 5 - Passage adiabatique par effet Raman stimulé (STIRAP)

On considère un système à 3 niveaux en Λ soumis à deux champs monochromatiques,
appelés Pompe et Stokes. Ce système est représenté dans la �gure 5.4. On suppose pour
simpli�er que chacun de ces champs ne peut exciter qu'une seule transition (|a〉 → |b〉
pour le champ Pompe, et |c〉 → |b〉 pour le champ Stokes). Le système est décrit par la
fonction |ψ(t)〉 = a(t) |a〉+b(t) |b〉+c(t) |c〉. On dé�nit un nouveau système de coordonnées
ã, b̃, c̃ :

ã(t) = a(t)eiωat

b̃(t) = b(t)ei(ωb−∆P )t (5.1)
c̃(t) = c(t)ei(ωc+∆S−∆P )t

∆P et ∆S représentent respectivement le désaccord des pulsations optiques par rapport
aux transitions Pompe et Stokes. Dans l'approximation de l'onde tournante, l'équation
de Schrödinger s'écrit :






˙̃a
˙̃b
˙̃c




 =

i

2






0 ΩP 0

Ω∗
P −2∆P Ω∗

S

0 ΩS 2(∆S − ∆P )






︸ ︷︷ ︸

A






ã

b̃

c̃




 (5.2)

A résonance Raman

Lorsque la condition de résonance à 2 photons (∆P = ∆S) est satisfaite, la matrice A

intervenant dans l'équation (5.2) possède les vecteurs propres et valeurs propres instan-
tanés suivants :

∣
∣a0

〉
= cos Θ |a〉 − sin Θ |c〉

∣
∣a+

〉
= sin Θ sin Φ |a〉 + cos Φ |b〉 + cos Θ sin Φ |c〉 (5.3)

∣
∣a−〉

= sin Θ cos Φ |a〉 − sin Φ |b〉 + cos Θ cos Φ |c〉

E0 = 0

E+ =
~

2

(

∆ +
√

∆2 + Ω2
P + Ω2

S

)

(5.4)

E− =
~

2

(

∆ −
√

∆2 + Ω2
P + Ω2

S

)

∆ désigne le désaccord optique commun des champs Pompe et Stokes, ∆ = ∆P = ∆S.
Les angles Θ et Φ dépendent du temps et sont dé�nis par :

tan Θ(t) =
ΩP (t)

ΩS(t)
et tan 2Φ(t) =

√

ΩP (t)2 + ΩS(t)2

∆
(5.5)
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5.2 Le STIRAP : principes généraux

Parmi les trois états propres instantanés |a0〉, |a+〉 et |a−〉, seul l'état |a0〉, appelé état
noir (ou dark state) ne possède pas de composante de l'état excité |b〉, quelles que soient
les pulsations de Rabi des champs Stokes et Pompe. Il est donc insensible à la relaxation
des cohérences optiques et à la désexcitation par émission spontanée.

�
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�
Ω

� �� ���

Fig. 5.5 � Enveloppe temporelle des excitations Stokes et Pompe pour le STIRAP.

D'après l'équation (5.5), on peut faire varier l'angle Θ de 0 à π/2 en jouant sur les
pulsations de Rabi des champs Stokes et Pompe. On applique la séquence d'impulsions
représentée dans la �gure 5.5. Cette séquence peut être subdivisée en 3 étapes I, II et III.

I. Le champ Stokes est appliqué sur la transition |b〉 → |c〉, vide d'atomes. La pulsation
de Rabi ΩP du champ Pompe est nulle, donc l'angle Θ est nul. L'état propre |a0〉
coïncide avec l'état |a〉 pendant toute cette première étape.

II. Ensuite, on réduit jusqu'à zéro la pulsation ΩS, tout en augmentant ΩP . L'angle Θ

augmente alors, jusqu'à atteindre π/2 lorsque ΩS = 0. A la �n de l'étape II, l'état
|a0〉 coïncide avec l'état |c〉.

III. On réduit en�n ΩP jusqu'à ce que les deux pulsations Pompe et Stokes soient nulles.
Ainsi, pendant que Θ évolue de 0 à π/2, l'état noir |a0〉 évolue progressivement de |a〉
vers |c〉, sans jamais acquérir de composante sur l'état excité |b〉, à condition que les
deux impulsions soient partiellement superposées. L'état noir constitue donc le véhicule
approprié pour transférer la population de l'état |a〉 à l'état |c〉.

Pour que le système suive adiabatiquement l'évolution de l'état noir pendant toute
l'expérience, il doit coïncider initialement avec celui-ci, et la condition d'adiabaticité doit
être véri�ée. La condition d'adiabaticité est donnée par [57] :

〈
ȧ0|a±〉

≪ |E0 − E±| (5.6)

Elle signi�e que la probablité de transition entre l'état noir |a0〉 et les autres états propres
|a+〉 et |a−〉 est négligeable. Cette condition peut être exprimée en fonction de l'angle Θ :

|Θ̇| ≪ |E0 − E±| (5.7)
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Chapitre 5 - Passage adiabatique par effet Raman stimulé (STIRAP)

Elle peut s'écrire sous une forme plus simple à résonance optique [141] :

Ωe�∆τ ≫ 1 (5.8)

où ∆τ est la durée pendant laquelle les impulsions Pompe et Stokes sont superposées, et
Ωe� est la pulsation de Rabi e�ective donnée par : Ωe� =

√

Ω2
P + Ω2

S. Loin de la résonance
optique, elle s'écrit plutôt :

Ω2
e�∆τ ≫ |∆| (5.9)

Cette condition d'adiabaticité �xe une borne supérieure au désaccord optique ∆. Le STI-
RAP est e�cace à 100% pour tous les atomes qui véri�ent la condition d'adiabaticité.
Le transfert peut donc être complet même pour les atomes qui ne sont pas résonnants
optiquement avec les deux champs Pompe et Stokes (∆ 6= 0). Si au contraire la condition
d'adiabaticité n'est pas véri�ée, par exemple si les pulsations de Rabi des impulsions sont
trop faibles, le vecteur décrivant l'état du système précesse autour de l'état noir |a0〉. Cela
signi�e qu'il a des composantes selon les états |a+〉 ou |a−〉, et l'e�cacité du transfert est
réduite.

Dans le STIRAP, l'impulsion Stokes doit précéder l'impulsion Pompe. Cela peut pa-
raître contre-intuitif à première vue, par rapport au pompage par émission stimulée. En
réalité, il est indispensable que les impulsions soient appliquées dans cet ordre, a�n que
l'état initial du système coïncide avec l'état noir. La transparence électromagnétiquement
induite (EIT) constitue un exemple typique de processus dans un système en Λ dans lequel
la transition vide d'atomes doit être excitée en premier [20]. Dans le STIRAP comme dans
l'EIT, le champ appliqué sur la transition vide d'atomes crée une superposition entre les
états non peuplés, et permet à l'autre champ appliqué ensuite (Pompe dans le STIRAP,
ou Signal dans l'EIT) de ne pas être absorbé, même s'il excite une transition peuplée.

Cela a des conséquences sur la stabilité requise de la source utilisée. En e�et, comme
on cherche à inhiber la création des cohérences optiques, il n'est pas nécessaire que la
largeur spectrale du laser soit inférieure à l'inverse de la durée des impulsions Stokes et
Pompe pour que la cohérence Raman soit contrôlée e�cacement. Cette situation est très
di�érente de celle des échos Raman, où les cohérences Raman sont créées à partir des
cohérences optiques. On cherche dans ce cas à contrôler les cohérences optiques, ce qui
nécessite de travailler avec un laser présentant une stabilité meilleure que l'inverse de la
durée des impulsions excitatrices.

En présence de relaxation, l'évolution du système est décrite par les équations de la
matrice densité, dérivées de l'équation (5.2) :

ρ̇aa =
i

2
(ΩP ρ̃ab − Ω∗

P ρ̃ba) + raγbρbb

ρ̇cc =
i

2
(ΩS ρ̃cb − Ω∗

S ρ̃bc) + rcγbρbb (5.10)
ρbb = 1 − ρaa − ρcc
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˙̃ρab =
i

2
Ω∗

P (ρaa − ρbb) − (i∆P + γab)ρ̃ab +
i

2
Ω∗

S ρ̃ac

˙̃ρcb =
i

2
Ω∗

S(ρcc − ρbb) − (i∆S + γcb)ρ̃cb +
i

2
Ω∗

P ρ̃ca

˙̃ρac = − i

2
Ω∗

P ρ̃bc +
i

2
ΩS ρ̃ab + [i(∆S − ∆P ) − γac]ρ̃ac

γab, γcb, et γac désignent les largeurs homogènes des transitions optiques |a〉 → |b〉 et
|c〉 → |b〉, et de la transition Raman |a〉 → |c〉. γb désigne le taux de relaxation des
populations de l'état |b〉 vers les sous-niveaux de l'état fondamental. ra et rc désignent
respectivement la probabilité que les atomes dans l'état excité |b〉 se désexcitent dans
l'état |a〉 ou |c〉. Ils véri�ent ra + rc = 1.

Hors résonance Raman

Lorsque la condition de résonance à deux photons n'est pas satisfaite (∆P 6= ∆S),
le système d'équations donné dans l'équation (5.2) possède des valeurs propres et états
propres plus compliqués, qui ont été explicités dans la référence [143]. Les trois états
propres du hamiltonien contiennent tous une composante de l'état excité. Il a été démontré
dans cet article qu'aucun de ces états propres ne peut évoluer adiabatiquement de l'état
de départ |a〉 vers l'état d'arrivée |c〉 si la condition de résonance à deux photons n'est pas
strictement véri�ée. Cela n'empêche pas le transfert de population, qui se produit alors
via des processus non adiabatiques. L'état excité est alors peuplé au cours de l'expérience,
et l'e�cacité du transfert est en général réduite.

5.2.2 STIRAP dans un système réel
Dans la partie 5.2.1, nous avons décrit le STIRAP en faisant un certain nombre

d'hypothèses, qui ne sont pas toujours valides si l'on veut décrire ce processus dans un
système réel, en particulier dans le Tm3+:YAG .

Le Tm3+:YAG possède non pas 3 mais 4 niveaux reliés par des transitions optiques : les
deux sous-niveaux de l'état fondamental 3H6(0), et les deux sous-niveaux de l'état excité
3H4(0). Les transitions optiques n'étant pas sélectives en polarisation, chaque champ peut
exciter les 4 transitions optiques. On dé�nit les désaccords des fréquences Pompe et Stokes
∆P et ∆S par rapport aux transitions |a〉 → |b〉 et |c〉 → |b〉, respectivement.

Les transitions optiques n'étant pas sélectives en polarisation, chaque champ peut
exciter les 4 transitions. Les pulsations de Rabi des impulsions Stokes et Pompe doivent
donc être largement inférieures au splitting Zeeman de l'état fondamental, et véri�er en
même temps la condition d'adiabaticité donnée par l'équation (5.9) :

1

∆τ
≪ Ωe� ≪ 2π∆g (5.11)
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Le STIRAP peut avoir lieu dans l'un ou l'autre des systèmes en Λ composés des
niveaux |a〉, |b〉 et |c〉 ou |a〉, |d〉 et |c〉. Or, dans un système à 4 niveaux, on est confronté au
problème de connectivité [144]. En e�et, dans un système qui contient plus de 3 niveaux,
il peut exister un état adiabatique coïncidant avec l'état de départ lorsque t → −∞
ainsi qu'un état adiabatique coïncidant avec l'état d'arrivée lorsque t → +∞, mais il est
possible qu'il n'existe pas de chemin adiabatique reliant ces deux états.

Il faut également tenir compte de l'état métastable 3F4 vers lequel les trois quarts
des atomes se trouvant dans l'état excité retombent. La durée de vie de ce niveau est de
10 ms. A l'échelle d'une expérience de STIRAP, on peut considérer cette durée comme
in�nie. Le système à 4+1 niveaux est représenté sur la �gure 5.6.
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Fig. 5.6 � Système à 4+1 niveaux dans le Tm3+:YAG .

En�n, le Tm3+:YAG présente un élargissement inhomogène Raman, qui a été mesuré
dans la partie 2.4.3. Quelles que soient les fréquences Stokes et Pompe que l'on choisit,
une fraction des atomes ne sera pas excitée à résonance Raman. Comme l'a succinctement
décrit, le transfert peut tout de même avoir lieu, mais il se produit selon des transitions
non adiabatiques. Cela implique que les cohérences optiques sont créées. Celles-ci ont une
durée de vie plus courte encore que les cohérences Raman (T2 = 105 µs dans le Tm :YAG).

La première démonstration d'un transfert de population par STIRAP a été réalisée
dans un jet moléculaire de Na2 [141]. De nombreuses expériences dans d'autres matériaux
ont suivi. On peut citer par exemple les expériences menées dans des jets de néon méta-
stable (Ne∗) [145], de NO [146, 147], de SO2 [148], ou dans un nuage d'atomes froids de
rubidium [149]. Dans ces systèmes, la durée des impulsions Stokes et Pompe est de l'ordre
de quelques ns car elle est limitée par le temps de transit des atomes ou molécules dans
le faisceau.

La première démonstration du STIRAP dans un solide est très récente [83]. Elle a été
faite dans un cristal de Pr :YSO qui présente une durée de vie des cohérences Raman de
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500 µs dans l'état fondamental. Les impulsions Stokes et Pompe utilisées ont des durées de
l'ordre de 30 µs. Contrairement au Tm :YAG, l'élargissement inhomogène Raman dans
le Pr :YSO est su�samment faible (30 kHz [84]) par rapport aux fréquences de Rabi
des faisceaux Pompe et Stokes pour que l'on puisse le négliger dans les simulations. En
revanche, le praséodyme présente une structure hyper�ne comprenant 6 niveaux (voir la
�gure 1.8), dans laquelle existent deux systèmes en Λ e�caces. Ces systèmes sont détaillés
dans la partie 1.7 de ce manuscrit. Comme dans le Tm :YAG, on peut donc s'attendre à
un problème de connectivité entre les di�érents états adiabatiques du système.

5.3 Expériences

5.3.1 Dispositif expérimental
On utilise le montage optique représenté sur la �gure 4.13. On y a ajouté un iris de

diamètre 50 µm, placé en position d'imagerie par rapport à l'échantillon, du côté de la
détection. Ainsi, on ne sonde avec le faisceau de lecture que les atomes situés à moins de
12, 5 µm de l'axe de propagation de la lumière, excités de façon quasiment homogène.

Les étapes de préparation et de lecture sont réalisées à l'aide d'impulsions optiques
façonnées par le modulateur acousto-optique AO1. Les impulsions Stokes et Pompe sont
façonnées en amplitude et en phase par un générateur de forme arbitraire et transmises
respectivement aux modulateurs acousto-optiques AO1 et AO2 montés en double-passage.
On programme une enveloppe gaussienne de durée τ pour les impulsions Stokes et Pompe
du STIRAP. En raison du montage en double passage, la durée des impulsions appliquées
sur l'échantillon est égale à τ/

√
2. De plus, les modulateurs acousto-optiques présentent

des non-linéarités lorsqu'on leur applique une tension rf d'amplitude élevée (supérieure
à 600 mV). Les enveloppes temporelles des impulsions Pompe et Stokes sont déformées.
L'amplitude maximale du champ électrique est la même pour l'impulsion Stokes que pour
l'impulsion Pompe.

5.3.2 Séquence d'impulsions
La séquence d'impulsions est schématisée dans la �gure 5.7. A l'équilibre thermique,

les atomes sont également répartis sur les deux sous-niveaux de l'état fondamental. Il est
nécessaire de commencer par préparer le système dans un de ces deux sous-niveaux. Cette
étape, dite de préparation, est e�ectuée à l'aide d'une dizaine d'impulsions de 500 µs
balayées en fréquence sur 3 MHz. Ces impulsions sont séparées de 10 ms, a�n de laisser
le temps aux ions qui sont tombés dans l'état métastable 3F4 (de durée de vie 10 ms) de
se désexciter vers l'état fondamental 3H6. Après un temps d'attente de 10 ms supplémen-
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taires, les impulsions Stokes et Pompe sont appliquées. La fréquence νS de l'impulsion
Stokes est choisie au centre de l'intervalle balayé par les impulsions de préparation. La
fréquence de l'impulsion Pompe est décalée de ∆g par rapport à la fréquence νS pour que
la condition de résonance à deux photons soit satisfaite. Les impulsions Stokes et Pompe
ont la même enveloppe temporelle et la même durée τ . On note τd le retard entre ces
deux impulsions. τd < 0 correspond à l'ordre "contre-intuitif", c'est-à-dire que l'impulsion
Stokes précède l'impulsion Pompe. Après ces deux impulsions, on sonde l'absorption de
l'échantillon à l'aide d'une impulsion d'1 ms, appelée impulsion de lecture. Elle est peu
intense et balayée linéairement en fréquence sur 20 MHz. Cet intervalle doit couvrir le
domaine initialement préparé autour de la fréquence Stokes νS. L'impulsion de lecture est
appliquée 300 µs après l'impulsion Pompe. Ce temps d'attente de 300 µs est plus court
que la durée de vie des populations dans l'état excité (800 µs) et de l'état métastable
(10 ms). On détecte l'intensité transmise de l'impulsion de lecture avec une photodiode
à avalanche. L'intensité transmise à un instant donné au cours de la lecture est fonction
de la di�érence de populations entre le niveau fondamental et le niveau excité des atomes
résonnants avec le champ de lecture à cet instant.

Dans le processus de STIRAP, il est important que la di�érence des deux fréquences
des champs Stokes et Pompe soit su�samment stable pour que la cohérence Raman puisse
être manipulée de façon cohérente. Ceci est assuré par l'utilisation d'une même source
laser pour produire les deux champs. Comme on n'excite pas les cohérences optiques, il
ne semble pas utile de stabiliser cette source. Néanmoins, pour résoudre les di�érentes
structures du spectre en transmission et évaluer correctement l'e�cacité de transfert, il
est indispensable que la largeur spectrale de la source laser (qui produit les impulsions
Stokes et Pompe, mais aussi l'impulsion de lecture) soit inférieure à la racine carrée du
taux de chirp de l'impulsion de lecture : √r = 140 kHz.

La durée de vie des populations dans les sous-niveaux de l'état fondamental est de
plusieurs secondes. La séquence étant répétée plusieurs fois par seconde, l'étape de prépa-
ration est accumulée sur un grand nombre de séquences. A cause de l'e�et de saturation
du pompage optique, les ions sont excités sur un intervalle beaucoup plus grand que l'in-
tervalle balayé par les impulsions de préparation, mais qui est néanmoins limité par la
quantité ∆g − ∆e.

Lorsque le faisceau incident est polarisé selon la direction [111] par rapport aux axes
cristallins, seuls les sites de substitution notés 1, 3 et 5 participent à l'absorption. Par
ailleurs, le champ magnétique est orienté de façon que les sites 3 et 5 sont magnétiquement
équivalents et présentent tous deux un rapport de branchement optimal. Cette direction
optimale a été déterminée dans le chapitre 2. Dans ces conditions, le site 1 ne présente pas
de système en Λ. Le transfert de population par STIRAP ne peut donc pas fonctionner
dans le site 1. De plus, les splittings Zeeman associés aux ions du site 1 sont très di�érents
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Fig. 5.7 � Séquence d'impulsions pour le STIRAP, constituée successivement d'une étape
de préparation, des impulsions Stokes et Pompe, en�n d'une impulsion de lecture. Les
impulsions de préparation sont balayées en fréquence sur un intervalle inférieur à ∆g −
∆e. Les impulsions Stokes et Pompe sont monochromatiques et véri�ent la condition de
résonance à deux photons. L'impulsion de lecture est balayée sur un intervalle assez grand
pour couvrir l'intervalle préparé.

de ceux des sites 3 et 5 : la quantité ∆g −∆e est de 20 MHz/T pour les sites 3 et 5, et de
261 MHz/T pour le site 1. Les ions du site 1 peuvent donc être préparés sur un intervalle
bien plus large que les ions des sites 3 et 5. Les ions du site 1 sont alors placés dans
un sous-niveau de l'état fondamental très éloigné en fréquence. La durée de vie de ce
niveau étant très longue (voir la partie 2.4.2), on peut considérer que les ions du site 1 ne
participent à l'absorption du matériau préparé ni à la fréquence Stokes, ni à la fréquence
Pompe, ni sur l'ensemble de l'intervalle balayé par l'impulsion de lecture.

A cause de l'élargissement inhomogène optique, une excitation optique peut exciter
4 classes d'ions, selon la transition résonnante avec l'excitation. On a représenté sur la
�gure 5.8 les six classes d'ions des sites 3 et 5 qui possèdent une transition optique réson-
nante avec le champ Stokes ou avec le champ Pompe. On suppose que ces deux champs
véri�ent la condition de résonance à 2 photons (νP − νS = ∆g). Soit N le nombre total
d'atomes dans chaque classe d'ions. Avant l'étape de préparation, les ions thulium sont à
l'équilibre thermique, c'est-à-dire répartis également sur les deux sous-niveaux de l'état
fondamental. Dans chacune des 4 classes (i) à (iv), N/2 atomes participent à l'absorption
à la fréquence νS. Sur ces 2N atomes, N absorbent selon une transition forte [classes (i)
et (iii)] et N absorbent selon une transition faible [classes (ii) et (iv)].

L'étape de préparation modi�e les populations dans les sous-niveaux de l'état fonda-
mental dans les classes (i) à (iv). Les impulsions Stokes et Pompe sont ensuite appliquées
aux fréquences respectives νS et νP dans l'ordre contre-intuitif, c'est-à-dire que l'impul-
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Fig. 5.8 � 6 classes d'ions résonnantes avec les fréquences νS ou νP = νS + ∆g. On a
schématisé la répartition des populations atomiques dans les di�érents niveaux à l'issue
de la séquence de STIRAP représentée en �gure 5.7. Le niveau résonnant à νS est d'abord
vidé par les impulsions de préparation dans les classes (i) à (iv). Les classes (v) et (vi), non
résonnantes avec les impulsions de préparation, restent dans un état d'équilibre thermique.
Puis les impulsions Stokes et Pompe e�ectuent le transfert de population seulement dans
les classes (iii) et (iv) qui sont résonnantes avec les fréquences Stokes et Pompe. En outre,
la pompe est absorbée par les ions des classes (v) et (vi).

sions Stokes précède l'impulsion Pompe. On remarque que seules les classes (iii) et (iv)
sont préparées dans l'état initial qui permet un transfert par STIRAP. Dans les classes
(i) et (ii), en revanche, les ions sont préparés de façon que ce soit l'impulsion Pompe qui
excite une transition vide d'atomes. On se trouve donc dans une con�guration où l'im-
pulsion qui excite la transition vide succède à celle qui excite la transition peuplée. Dans
ce cas, l'état initial ne possède pas de composante de l'état noir. Un transfert de popula-
tion de ce sous-niveau vers l'autre n'est possible que si l'état excité est peuplé au cours
de l'interaction. Or, les deux impulsions Stokes et Pompe sont désaccordées de ∆g − ∆e

[classe (i)] ou de ∆g [classe (ii)] par rapport aux transitions optiques. Le niveau excité
n'est alors peuplé qu'avec une probabilité de l'ordre de ( γh

∆g−∆e
)2 . 10−6 pour des champs

magnétiques supérieurs à 0, 1 T. On en conclut qu'il n'y a aucun transfert de population
entre les sous-niveaux des classes (i) et (ii). Le transfert de population par STIRAP ne
se produit que dans les deux classes (iii) et (iv). Si le transfert est complet, la totalité
des atomes des deux classes (iii) et (iv), soit 2N atomes, participe alors à l'absorption
d'un faisceau sonde à la fréquence Stokes νS. Parmi ces 2N atomes, N absorbent selon
une transition forte [classe (iii)] et N absorbent selon une transition faible [classe (iv)].
Ainsi, dans un milieu atomique à élargissement inhomogène, l'absorption à la fréquence

184



5.4 Résultats expérimentaux

Stokes est la même lorsque l'échantillon est à l'équilibre thermique, et après le transfert
par STIRAP.

Notons que les classes d'ions (iii) et (iv) ne sont pas équivalentes : l'impulsion Stokes
excite une transition forte dans la classe (iii) et une transition faible dans la classe (iv), et
inversement pour l'impulsion Pompe. Dans la classe (iii), les pulsations de Rabi maximales
véri�ent ΩPmax =

√
R×ΩSmax, où R = 0, 13 est le rapport de branchement déterminé dans

le chapitre 2 de cette thèse. De même, dans la classe (iv), ΩSmax =
√

R × ΩPmax. Néan-
moins, on peut s'attendre à ce que l'e�cacité du STIRAP soit identique dans les classes
d'ions (iii) et (iv). En e�et, la condition d'adiabaticité qui garantit un transfert e�cace
porte sur la quantité Ωe� et non sur les pulsations de Rabi ΩP et ΩS individuellement.

5.4 Résultats expérimentaux

5.4.1 Mesure de l'e�cacité de transfert

Fréquence

Intensité
transmise

�ν �ν
� �ν −∆� �ν +∆

intervalle préparé

� �∆ −∆

���

��

�

Fig. 5.9 � Intensité transmise attendue après la préparation (ligne pointillée) et après un
transfert par STIRAP supposé parfaitement e�cace (ligne continue). On considère que
seules les transitions fortes occasionnent des modi�cations de la transmission. L'échan-
tillon est préparé sur un intervalle égal à ∆g − ∆e. Les structures étroites observées aux
fréquences νS, νS + ∆e, νP − ∆g et νP sont dues au transfert de population par STIRAP
dans les classes d'ions (iii) et (iv) de la �gure 5.8. Les faibles variations d'intensité obser-
vées à νP et νP + ∆e sont dues à l'absorption de l'impulsion Pompe dans les classes (v)
et (vi). Par ailleurs, on a fait l'hypothèse que la sélectivité optique du STIRAP prend la
forme d'une gaussienne.
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Nous représentons schématiquement sur la �gure 5.9 l'intensité transmise attendue
d'un faisceau sonde balayé en fréquence appliqué à l'échantillon de Tm3+:YAG , après
l'étape de préparation ou après l'expérience de STIRAP. On suppose que les ions du site
1 ne participent pas à l'absorption. On suppose aussi que le rapport de branchement dans
les ions des sites 3 et 5 est su�samment faible pour que l'augmentation ou la diminution
de l'absorption soit négligeable lorsque le faisceau sonde est résonnant avec une transition
faible. Cela revient à supposer que le faisceau sonde ne peut lire que des transitions fortes.
On distingue sur la �gure 5.9 l'intervalle préparé, de largeur ∆g−∆e autour de la fréquence
νS. Si la préparation est complète, alors l'intensité transmise dans cet intervalle est égale
à l'intensité incidente I0. On observe aussi deux intervalles larges de ∆g − ∆e autour de
νS + ∆g et νS − ∆g où l'absorption est plus importante. Ces structures décrivent l'excès
d'atomes dans le sous-niveau non-résonnant avec l'impulsion de préparation. Le processus
de STIRAP modi�e les populations des sous-niveaux fondamentaux des ions appartenant
aux classes (iii) er (iv) (voir �gure 5.8). L'intensité transmise de l'impulsion sonde est
donc modi�ée uniquement au voisinage des fréquences des transitions fortes des classes
(iii) et (iv). La forme et la largeur des structures dues au transfert de population par
STIRAP sont choisies arbitrairement pour la lisibilité de la �gure.

L'e�cacité du transfert est mesurée en comparant les di�érentes intensités dans le
signal de la �gure 5.9. Elle est donnée par :

η = ln
I0

Imin

/ ln
I0

Ieg

(5.12)

où I0 est l'intensité incidente, Imin est l'intensité du signal transmis à la fréquence νS,
et Ieg est l'intensité du signal transmis lorsque l'échantillon est à l'équilibre thermique,
c'est-à-dire quand les atomes sont également répartis entre les sous-niveaux de l'état
fondamental. On suppose que les ions du site 1 ne participent pas à l'absorption sur la
totalité de l'intervalle spectral sondé. A la fréquence νS, ce sont seulement les ions de la
classe (iii) qui sont sondés. Au centre du pro�l inhomogène, on a en principe :

log10

I0

Ieg

= D3,5 (5.13)

où D3,5 est la densité optique de l'échantillon si l'on suppose que seuls les sites 3 et 5
participent à l'absorption. Dans le chapitre 2, nous avons mesuré D3,5 = 0, 2 au centre de
la raie d'absorption du Tm :YAG.

On donne dans la �gure 5.10 un exemple de signal expérimental. Ce signal correspond
à l'intensité transmise par l'échantillon lors de l'étape de lecture qui suit les impulsions
Stokes et Pompe du STIRAP. La pulsation de Rabi Pompe maximale sur la transition
forte, mesurée par nutation optique, est de ΩPmax = 2π × 106 rad.s−1. Les impulsions ont
une durée de 21 µs et 30 µs et le retard entre l'impulsion Stokes et l'impulsion Pompe est
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Fig. 5.10 � Intensité transmise par l'échantillon lors de l'application de l'impulsion de
lecture balayée en fréquence sur 20 MHz. Le champ magnétique appliqué est de 0, 12 T,
ce qui correspond à un splitting dans l'état fondamental de ∆g = 4, 55 MHz. L'impulsion
Stokes est appliquée avec un retard τd = −17 µs. On a superposé à ce signal expérimental
la forme attendue du signal donnée dans la �gure 5.9.

de τd = −17 µs. Le laser est asservi, et présente une largeur spectrale inférieure au kHz.
L'e�cacité du transfert maximale est ici de 89%. On a superposé à ce signal expérimental
le signal attendu donné dans la �gure 5.9. La densité optique dûe à l'absorption des sites
3 et 5 est D3,5 = log10

I0

Ieg
≈ 0, 06 est très inférieure à celle attendue car les fréquences

optiques utilisées ne sont probablement pas centrées sur le pic d'absorption du Tm :YAG.

Les structures attribuées au STIRAP dans le spectre en transmission représenté dans
la �gure 5.10 ont une largeur à mi-hauteur de 430 kHz environ. Les atomes sont donc
transférés sur un intervalle spectral très large devant l'inverse de la durée des impulsions
Stokes et Pompe (de l'ordre de 50 kHz) et devant la largeur spectrale du laser asservi. La
largeur spectrale des atomes transférés par STIRAP n'est donc pas limitée par la largeur
spectrale des impulsions excitatrices.

La mesure de la transmission de notre échantillon est e�ectuée à l'aide d'une impulsion
balayée en fréquence sur un intervalle plus grand que ∆g −∆e. Même si la sonde est très
peu intense, elle peut pomper une fraction des atomes sondés dans l'état excité. Cet e�et
se manifeste par une légère diminution de l'absorption à moins de ∆g −∆e des extrémités
du domaine balayé.
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Chapitre 5 - Passage adiabatique par effet Raman stimulé (STIRAP)

5.4.2 Largeur optique des atomes transférés
Nous avons modélisé le processus de STIRAP à partir des équations de la matrice den-

sité pour un système à 3 niveaux, donné dans le système di�érentiel de l'équation (5.10),
en tenant compte de la relaxation des cohérences optiques et Raman, ainsi que de celle
des populations. On se place à résonance Raman, et on néglige un éventuel élargissement
inhomogène Raman, comme dans la partie 5.2.1. Cette modélisation permet de calculer
le pro�l spectral des atomes transférés par STIRAP, pour les pulsations de Rabi et les
durées d'impulsions mesurées expérimentalement, en fonction du désaccord optique ∆ des
fréquences Stokes et Pompe par rapport aux transitions atomiques.
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Fig. 5.11 � E�cacité du STIRAP calculée d'après le système d'équations (5.10) (ligne
tiretée), et mesurée expérimentalement (ligne continue). Les pulsations de Rabi maximales
sont ΩPmax = ΩSmax = 2π × 0, 51 · 106 rad.s−1 sur les transitions fortes, et la durée des
impulsions Stokes et Pompe est respectivement de 30 µs et 21 µs. Le retard de l'impulsion
Stokes est τD = −17µs.

Par exemple, nous avons calculé à l'aide du système d'équations (5.10) l'e�cacité de
transfert en fonction du désaccord optique ∆, lorsque les pulsations de Rabi maximales
sont ΩPmax = ΩSmax = 2π × 0, 51 · 106 rad.s−1 sur les transitions fortes. La durée des
impulsions Stokes et Pompe traversant l'échantillon est respectivement de 30 µs et de
21 µs. Comme le montre la �gure 5.11, l'e�cacité de transfert calculée atteint 87 %

pour les atomes résonnants optiquement avec les champs Stokes et Pompe. De plus, le
pro�l spectral des atomes transférés est symétrique par rapport à la résonance optique, et
présente une largeur à mi-hauteur de 330 kHz. Dans l'expérience correspondante, la largeur
à mi-hauteur des atomes transférés est aussi de 330 kHz, mais l'e�cacité de transfert
maximale est de 70 % à résonance optique. Cette réduction de l'e�cacité est due en
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majeure partie à la présence du quatrième niveau et au problème de connectivité [144].

5.4.3 Signature du STIRAP
Pour prouver que le transfert de population a bien lieu par le mécanisme de STIRAP,

on mesure l'e�cacité de transfert en fonction du retard τd entre l'impulsion Pompe et
l'impulsion Stokes. Le retard τd prend des valeurs comprises entre −42 µs et 33 µs. Ces
mesures sont données dans la �gure 5.12.
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Fig. 5.12 � Signature du transfert de population par STIRAP. On mesure l'e�cacité de
transfert en fonction du retard τd. Les conditions expérimentales sont les mêmes que pour
la �gure 5.10.

Les impulsions Stokes et Pompe doivent être au moins partiellement superposées dans
le temps pour qu'un transfert puisse avoir lieu. Lorsque τd est négatif, les impulsions sont
appliquées dans un ordre dit "contre-intuitif", indispensable pour éviter de peupler l'état
excité. Le transfert le plus e�cace (90%) est obtenu lorsque τd ≈ −17µs, c'est-à-dire
lorsque les impulsions sont décalées d'un intervalle proche de leur durée τ . On observe
un large plateau dans l'e�cacité de transfert autour de τd ≈ −17µs, qui montre bien
le caractère robuste du transfert par STIRAP. Ceci avait déjà été remarqué dans les
références [141, 142], et constitue la signature du transfert de population par STIRAP. Le
fait que le transfert se produise en un temps si court par rapport à la durée d'un cycle de
pompage optique (de l'ordre de 10 ms dans le Tm :YAG) garantit qu'il est parfaitement
cohérent et que l'on manipule e�cacement la cohérence Raman.
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Lorsque τd est positif, c'est l'impulsion Pompe qui est appliquée en premier, avant
l'impulsion Stokes. L'e�cacité maximale du transfert est de seulement 45% pour τd ≈
18 µs dans la �gure 5.12. En e�et, lorsque τd > 0, l'état initial du système (|a〉) ne
coïncide pas avec l'état noir. Le transfert de population se produit de façon radicalement
di�érente : l'impulsion Pompe et l'impulsion Stokes excitent les cohérences optiques le long
des transitions du Λ et produisent des oscillations de Rabi entre les di�érents niveaux du
Λ [150]. L'état �nal des atomes dépend à la fois du retard τd entre les impulsions et de
la pulsation de Rabi (qui varie avec la position des atomes dans le faisceau excitateur).
Ce type de transfert ne peut se produire que dans des systèmes où la durée de vie du ou
des niveaux excités est plus longue que la durée de l'excitation. C'est pourquoi il a pu
être observé par exemple dans le Pr :YSO [29], mais pas dans un gaz de néon métastable
Ne∗ [145]. Dans nos expériences, les oscillations de Rabi sont amorties à cause de la
relaxation de la cohérence optique et e�acées par moyenne radiale de la fréquence de
Rabi sur le pro�l transverse des faisceaux optiques. C'est pourquoi elles se manifestent
seulement par un transfert partiel inférieur à 50%.

Lorsque les impulsions sont parfaitement superposées (τd = 0), l'état noir n'évolue
pas pendant la durée de l'excitation. On n'observe qu'un faible transfert de population
vers l'état |c〉, de l'ordre de 10%.

5.5 Conclusion
Nous avons présenté ici la première démonstration du passage adiabatique Raman

stimulé dans un cristal de Tm3+:YAG . Nous avons atteint une e�cacité de transfert de
90 %, lorsque les impulsions Stokes et Pompe sont appliquées dans l'ordre "contre-intuitif",
c'est-à-dire que l'impulsion Stokes précède l'impulsion Pompe. L'exploration de di�érents
retards entre les deux impulsions excitatrices nous a permis d'identi�er la "signature" du
STIRAP. Lorsque les impulsions Stokes et Pompe sont appliquées dans l'ordre intuitif, on
observe aussi un transfert de population dont l'e�cacité atteint 45 %malgré le peuplement
du niveau excité. Ces résultats ont été publiés dans la référence [151].

La mise en ÷uvre du processus de STIRAP dans le Tm3+:YAG nous a permis de
montrer que nous sommes bien capables de contrôler optiquement la cohérence Raman.
Cela valide notre étude du système en Λ dans le Tm3+ :YAG.
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Au cours de cette thèse, nous avons cherché à contrôler optiquement le spin nucléaire
de l'ion thulium inséré à l'état d'impureté dans une matrice de YAG. Cette étude se place
dans la perspective d'y réaliser du stockage quantique.

Nous avons d'abord construit un système à trois niveaux en Λ dans le Tm :YAG.
Ce travail s'inscrit dans la continuité des travaux de thèse de Frédéric de Seze [93]. C'est
lui qui a réalisé les premières mesures de spectroscopie de hole-burning du Tm3+:YAG ,
permettant de prédire avec une précision satisfaisante les coe�cients du tenseur gyroma-
gnétique. Nous avons déduit de ces résultats l'orientation optimale du champ magnétique
qui donne un système en Λ [89], et mesuré directement le rapport de branchement entre les
deux transitions du Λ pour cette orientation optimale du champ magnétique [100]. Nous
avons aussi utilisé la technique de spectroscopie de hole-burning pour mesurer la durée
de vie des populations dans les sous-niveaux Zeeman, la sensibilité de l'écart énergétique
par rapport au champ magnétique, et la largeur inhomogène des sous-niveaux Zeeman.

Une fois le système en Λ construit, nous avons cherché à mettre en ÷uvre des processus
cohérents permettant de manipuler un état de superposition du spin nucléaire, comme par
exemple les échos Raman ou le STIRAP [151]. Les échos Raman nous ont aussi permis
de mesurer la durée de vie des cohérences Raman dans l'état fondamental sur un large
domaine de champ magnétique [101]. Nous avons montré en particulier que cette durée
de vie ne varie pas sur l'intervalle exploré.

C'est pour sa longueur d'onde, accessible aux lasers à semi-conducteurs, que l'on s'est
initialement intéressé à l'ion thulium. Il présente en outre un splitting ajustable, ce qui
représente un atout important dans la perspective de réaliser une mémoire quantique.
En e�et, comme les transitions optiques ne sont pas sélectives en polarisation, il est
indispensable que le signal quantique à enregistrer présente une largeur spectrale inférieure
à l'espacement entre les deux transitions du système en Λ, qui est un élément clé pour
la plupart des protocoles de mémoire quantique. Or les sous-niveaux fondamentaux du
système en Λ construit dans des cristaux dopés praséodyme ou europium sont espacés au
maximum de 10 MHz (Pr) ou 50 MHz (Eu), tandis que le thulium présente un splitting
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Pr :YSO Tm :YAG
Longueur d'onde 606 nm 793 nm

Largeur inhomogène optique 4,4 GHz 20 GHz
T2 optique 111 µs 105 µs
T1 optique 164 µs 800 µs

Splitting hyper�n du fondamental 10, 2 MHz 41,3 MHz/T
Rapport de branchement du système en Λ 0, 53 ou 0, 40 0,13
Largeur inhomogène Raman (fondamental) 30 kHz 400 kHz/T

T1 Raman (fondamental) qq minutes 4,5 s
T2 Raman (fondamental) 500 µs 350 µs

Tab. 5.1 � Caractéristiques comparées du Pr :YSO et du Tm :YAG dopés à 0, 1 % et
refroidis entre 1, 5 et 2 K. Les résultats obtenus expérimentalement au cours de cette thèse
sont indiqués en gras. Ils ne sont valables que dans l'orientation du champ magnétique qui
donne un système en Λ optimal. Les autres valeurs indiquées sont tirées des références [74,
84, 78, 37, 81].

proportionnel au champ magnétique appliqué (41, 3 MHz/T dans le YAG, lorsque le champ
magnétique est appliqué dans la direction optimisant le système en Λ). On pourra donc
ajuster le champ magnétique a�n d'adapter le matériau aux caractéristiques de la source
quantique disponible, dans la limite de quelques teslas.

Parmi les di�érents cristaux dopés aux ions de terre rare actuellement étudiés pour
la réalisation d'une mémoire quantique dans un système solide, c'est l'orthosilicate d'yt-
trium dopé praséodyme (Pr :YSO) qui suscite depuis quelques années le plus d'intérêt.
Nous résumons dans le tableau 5.1 les di�érentes caractéristiques du Tm3+:YAG et du
Pr3+:YSO . Celles-ci doivent être interprétées relativement aux protocoles envisagés pour
la réalisation d'une mémoire quantique.

Pour mieux comprendre les atouts et les faiblesses du thulium dans la perspective du
stockage quantique, nous allons examiner en détail l'un des protocoles envisagés, celui qui
s'appuie sur le contrôle par e�et Stark de l'élargissement inhomogène optique (CRIB) [12].

Ce protocole nécessite de sélectionner un groupe spectral d'atomes dans le pro�l d'ab-
sorption inhomogène. Pour cela, on creuse un trou dans le pro�l d'absorption en transfé-
rant les atomes dans un niveau auxiliaire. Un groupe spectralement étroit d'atomes placés
dans ce niveau auxiliaire est alors ramené au centre de l'intervalle initialement vidé. Le
groupe d'atomes ainsi sélectionné est semblable à un nuage d'atomes refroidis par laser
car il présente un élargissement inhomogène qui peut atteindre la largeur homogène de
la transition optique. Ce groupe spectralement étroit est ensuite élargi par e�et Stark au
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moyen d'un gradient de champ électrique, a�n de couvrir la largeur spectrale du signal
quantique à enregistrer. Ce signal incident excite les atomes, et donne naissance à des
dipôles optiques. A condition que l'ensemble d'atomes élargi par e�et Stark présente une
opacité de l'ordre de 2 ou 3, on peut en principe restituer e�cacement le signal quantique
en inversant le signe du champ électrique appliqué. Contrairement aux échos de photons,
où la remise en phase des cohérences est e�ectuée par une impulsion lumineuse, le CRIB
permet de renverser la phase des cohérences optiques sans perturber les populations dans
les niveaux atomiques. Cependant, la durée de vie de la mémoire est limitée par l'in-
verse de la largeur inhomogène du groupe d'atomes initialement sélectionné. De plus, le
renversement des déphasages n'est possible qu'au détriment de l'opacité. En e�et, l'élar-
gissement du groupe d'atomes initialement sélectionné réduit l'opacité d'un facteur donné
par le produit de la bande passante du signal à enregistrer par la durée de la mémoire.

Un protocole plus complet basé sur le CRIB a été proposé par Nilsson et al. [13] a�n
d'allonger le temps de stockage au-delà de cette limite. Il consiste à convertir les cohé-
rences optiques créées par le signal incident en une cohérence Raman. Ceci est possible
si la transition optique excitée par le signal à enregistrer fait partie d'un système en Λ.
Cette conversion doit avoir lieu juste après l'enregistrement du signal incident dans les
cohérences optiques, a�n que celles-ci se déphasent le moins possible. Le signal est alors
stocké dans les cohérences Raman des atomes sélectionnés. Le signal peut ensuite être res-
titué en reconvertissant les cohérences Raman en cohérences optiques. La remise en phase
des cohérences optiques est alors e�ectuée en inversant le signe du champ électrique. La
conversion des cohérences optiques en cohérences Raman, ou inversement, peut être réali-
sée à l'aide d'une impulsion π par exemple selon l'autre transition du Λ. L'enregistrement
et la restitution du signal incident selon ce protocole sont schématisés dans la �gure 5.13.

restitutionsignal à
enregistrer

conversion en 
cohérence Raman

lecture
déclenchée

π

π

π

πstockage

1 2 3 4τ τ

Fig. 5.13 � Schéma du protocole de CRIB tel qu'il a été proposé par Nilsson [13].
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D'autres protocoles que le CRIB sont également envisagés pour réaliser une mémoire
quantique dans un cristal dopé aux ions de terre rare : le protocole basé sur la lumière
arrêtée, liée à la transparence induite électromagnétiquement (EIT) [20], et le protocole
AFC, qui s'appuie sur la construction d'un peigne de fréquences atomique [18]. Plusieurs
équipes de recherche travaillent actuellement à mettre en ÷uvre ces protocoles dans des
cristaux dopés aux ions de terre rare. On peut citer entre autres les équipes de Thomas
Halfmann (Allemagne), de Philippe Goldner et Olivier Guillot-Noël (France), de Matt
Sellars (Australie), de Stefan Kröll (Suède), de Wolfgang Tittel (Canada) et de Nicolas
Gisin (Suisse).

Comme le CRIB, les protocoles de mémoire quantique basés sur l'EIT ou l'AFC
mettent en jeu l'enregistrement d'un signal optique sous forme d'un état de superposition
entre deux sous-niveaux de spin, par l'intermédiaire d'un système à 3 niveaux en Λ. De
plus, ces trois protocoles nécessitent de préparer un ou plusieurs groupes d'atomes dans
le pro�l d'absorption inhomogène [152, 18]. Pour cela, un niveau auxiliaire est nécessaire.
Un sous-niveau hyper�n de l'état fondamental extérieur au système en Λ ou un état
électronique métastable peut jouer ce rôle de niveau auxiliaire, pourvu qu'il présente une
longue durée de vie.

Les cristaux dopés aux ions praséodyme ou europium présentent une structure hy-
per�ne composée de 3 sous-niveaux dans l'état électronique fondamental, et 3 dans l'état
excité. Le système en Λ nécessaire à la réalisation des expériences d'EIT, d'AFC ou de
CRIB est construit sur deux sous-niveaux de l'état fondamental, et un des sous-niveaux
de l'état excité. La durée de vie des populations dans les sous-niveaux fondamentaux étant
très longue (de l'ordre de la minute), on peut utiliser le troisième sous-niveau de l'état
fondamental comme niveau auxiliaire, et envisager de réaliser une mémoire quantique
basée sur l'un ou l'autre des protocoles mentionnés précédemment.

En revanche, les cristaux dopés avec des ions Tm3+ ne présentent pas de structure
hyper�ne en l'absence d'un champ magnétique. L'application d'un champ magnétique
permet de révéler une structure à 4 niveaux, dont 2 dans l'état électronique fondamental,
et 2 dans l'état excité. Une telle structure permet de réaliser soit des processus à seulement
3 niveaux en Λ, ne nécessitant pas de niveau auxiliaire de stockage, soit des processus à
"2+1" niveaux, où deux niveaux sont reliés par une transition optique, et le troisième est
utilisé comme niveau auxiliaire. On peut donc envisager de réaliser dans un cristal dopé
aux ions thulium, soit le protocole de CRIB partiel, soit le protocole d'AFC partiel, qui
s'appuient sur un système à "2+1" niveaux. L'opération qui consiste à ramener un groupe
étroit d'atomes au centre de l'intervalle initialement vidé pourrait alors être réalisée par
STIRAP, puisque le niveau auxiliaire présente une longue durée de vie des cohérences
avec l'autre sous-niveau hyper�n du fondamental.

Dans ces deux protocoles, la durée de vie de la mémoire est limitée par l'inverse
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de la largeur inhomogène du ou des groupes d'atomes initialement sélectionnés dans le
pro�l d'absorption. En pratique, dans le Tm3+:YAG , il est impossible de réaliser des
expériences de CRIB. En e�et, celles-ci reposent sur l'existence d'un e�et Stark linéaire,
pour que l'élargissement inhomogène puisse être contrôlé et inversé à l'aide d'un gradient
de champ électrique. Il ne peut y avoir d'e�et Stark linéaire dans le Tm :YAG, à cause
de la symétrie trop élevée des sites de l'yttrium. C'est pourquoi on doit se tourner vers
des matrices dans lesquelles la symétrie des sites de substitution est su�samment faible,
comme par exemple le Y2O3 [153], ou le LiNbO3.

Notons qu'il existe un niveau supplémentaire métastable dans la structure du Tm3+

(3F4, de durée de vie 10 ms dans le YAG), qui peut être utilisé comme niveau auxiliaire
extérieur au système en Λ (voir la �gure 1.7). Les atomes peuvent être transférés vers ce
niveau par pompage optique, voire par émission stimulée en utilisant une source laser à
1, 46 µm [154]. Cela permettrait d'expérimenter les protocoles à "3+1" niveaux cités plus
haut.

La principale di�culté à laquelle on sera confronté pour réaliser ces expériences est la
faible densité optique du matériau, qui provient du fait que les transitions excitées sont
quasiment interdites. En e�et, quel que soit le protocole envisagé, pour que les propriétés
quantiques d'un champ lumineux soient enregistrées dans un ensemble atomique, il est
nécessaire que la lumière soit entièrement convertie en excitation atomique. Le milieu
matériel doit donc être optiquement épais. Or, la densité optique de l'échantillon utilisé
au cours de cette thèse est très faible, d'une part à cause du faible taux de dopage (0, 1%),
choisi pour éviter la décohérence par les interactions ions-ions, et d'autre part à cause de
la multiplicité des sites cristallins. A�n d'augmenter l'épaisseur optique du matériau, on
pourra utiliser des cristaux avec un taux de dopage plus important, jusqu'à 0, 5 %. A
cette concentration, les interactions ion-ion restent sans in�uence sur la durée de vie des
cohérences. C'est dans ces conditions qu'ont été réalisées les expériences d'EIT dans le
groupe de Shahriar et Hemmer [30, 32]. On pourra également utiliser un cristal plus
épais dans la direction de propagation, ou un système de revêtement ré�échissant sur les
faces du cristal permettant aux faisceaux de traverser plusieurs fois l'échantillon [155]. On
pourra en�n se tourner vers des matrices cristallines dans lesquels l'ion thulium présente
un force d'oscillateur plus élevée, comme par exemple le LiNbO3 [156], ou un nombre de
sites plus faibles, comme le Y2O3 [153].
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