
HAL Id: tel-01945880
https://theses.hal.science/tel-01945880

Submitted on 5 Dec 2018

HAL is a multi-disciplinary open access
archive for the deposit and dissemination of sci-
entific research documents, whether they are pub-
lished or not. The documents may come from
teaching and research institutions in France or
abroad, or from public or private research centers.

L’archive ouverte pluridisciplinaire HAL, est
destinée au dépôt et à la diffusion de documents
scientifiques de niveau recherche, publiés ou non,
émanant des établissements d’enseignement et de
recherche français ou étrangers, des laboratoires
publics ou privés.

Étude des fluctuations temporelles de la lumière diffusée
par des atomes froids

Aurélien Eloy

To cite this version:
Aurélien Eloy. Étude des fluctuations temporelles de la lumière diffusée par des atomes
froids. Physique Atomique [physics.atom-ph]. Université Côte d’Azur, 2018. Français. �NNT :
2018AZUR4063�. �tel-01945880�

https://theses.hal.science/tel-01945880
https://hal.archives-ouvertes.fr


Étude des fluctuations temporelles de la
lumière diffusée par des atomes froids

Aurélien ELOY
Institut de Physique de Nice

Présentée en vue de l’obtention
du grade de docteur en Physique
de l’Université Côte d’Azur

Dirigée par Robin Kaiser

Soutenue le : 18 septembre 2018

Devant le jury composé de :

Philippe Adam, Direction Générale de l’Armement
Anders Kastberg, Professeur, Institut de Physique de
Nice (Université Côte d’Azur)
Robin Kaiser, Directeur de Recherche, Institut de Phy-
sique de Nice (CNRS)
Valentina Krachmalnicoff, Chargé de Recherche, Ins-
titut Langevin (CNRS)
Arno Rauschenbeutel, Professeur, Vienna University
of Technology
Patrizia Vignolo, Professeur, Institut de Physique de
Nice (Université Côte d’Azur)
Pierre-Étienne Wolf, Directeur de Recherche, Institut
Néel (CNRS)





Étude des fluctuations temporelles de la
lumière diffusée par des atomes froids

Jury :

Président du jury
Patrizia Vignolo, Professeur, Institut de Physique de Nice (Université Côte d’Azur)

Rapporteurs
Pierre-Étienne Wolf, Directeur de Recherche, Institut Néel (CNRS)
Arno Rauschenbeutel, Professeur, Vienna University of Technology

Éxaminateurs
Anders Kastberg, Professeur, Institut de Physique de Nice (Université Côte d’Azur)
Valentina Krachmalnicoff, Chargé de Recherche, Institut Langevin (CNRS)

Invité
Philippe Adam, Direction Générale de l’Armement

Directeur de thèse
Robin Kaiser, Directeur de Recherche, Institut de Physique de Nice (Université Côte d’Azur)





Étude des fluctuations temporelles de la lumière diffusée par des atomes froids
Résumé

Dans cette thèse, nous nous intéressons aux propriétés des fluctuations de la lumière diffusée par un nuage d’atomes

froids, que ce soit les variations temporelles de l’intensité ou les fluctuations spectrales du champ électrique dans le

régime de diffusion simple ou multiple de la lumière. Bien que notre analyse soit réalisée sur un système passif, l’ajout

de gain dans le système peut conduire à l’obtention d’un laser aléatoire dont l’étude des corrélations temporelles de

l’intensité émise peut permettre une étude détaillée de ses propriétés de cohérence.

La première étape de cette caractérisation est l’étude du bruit de fréquence de lasers conventionnels. La mesure est

réalisée grâce à un discriminateur de fréquence, pouvant être une cavité Fabry-Pérot ou une transition atomique, utilisé

pour convertir le bruit de fréquence en bruit d’intensité mesuré. Un modèle simple est présenté montrant que, alors

que les résultats obtenus pour la cavité ou la transition atomique soient identiques à faibles fréquences de Fourier, de

nouvelles structures apparaissent à hautes fréquences, permettant de réaliser de la spectroscopie de bruit en analysant

les fluctuations de la lumière transmise.

Les propriétés de cohérence peuvent aussi être étudiées grâce à la fonction de corrélation g(2) de l’intensité, offrant

un accès à la statistique des photons de la lumière émise. Nous mesurons cette fonction dans un milieu passif en

expansion balistique en contrôlant finement le régime de diffusion de la lumière. Nous analysons en détails l’évolution

du contraste, la perte de cohérence ainsi que le changement de forme de g(2) dans le régime de diffusion multiple. Ces

résultats sont combinés à des études numériques et analytiques pour mettre en évidence le rôle de la diffusion multiple

dans les changements de la fonction g(2). Cette mesure est la première réalisation expérimentale de spectroscopie des

ondes diffuses sur un nuage d’atomes froids en mouvement balistique.

La caractérisation de la cohérence temporelle d’un laser aléatoire passe par l’étude de la fonction g(2) sur un milieu actif

sous le seuil d’émission. Nous implémentons alors un schéma de gain Raman hyperfin, combinant efficacement gain et

diffusion. Nous présentons les premiers tests de la quantification du gain dans le nuage par spectroscopie pompe-sonde,

montrant l’apparition d’une fenêtre de transparence électromagnétiquement induite. Enfin, par une méthode hérérodyne,

nous sommes en mesure d’accéder au spectre optique de la lumière diffusée en présence de gain.

Mots clés : Atomes froids, diffusion, bruit de fréquence, corrélations d’intensité, gain Raman, laser aléatoire

Study of temporal fluctuations of light scattered by cold atoms
Abstract

In this thesis, we are interested in studying the properties of the fluctuations of the light scattered by a cloud of cold

atoms, namely temporal fluctuations of the intensity or spectral fluctuations of the electric field in the single or multiple

scattering of light. Although our analysis is focused on a passive medium, gain can be added in the system leading to

a random laser whose the study of the temporal correlations of the emitted intensity allows to better characterize its

coherence properties.

The first step towards this characterization is the study of the frequency noise power spectral density of conventional

lasers. This measurement is made using a frequency discriminator, being a Fabry-Pérot cavity or an atomic transition,

used to convert frequency noise into measurable intensity noise. A simple model is developed showing that, while results

obtained with the Fabry-Perot cavity and the atomic transition are the same at low Fourier-frequency, new features

appear at high Fourier-frequency showing the influence of the atoms in the noise conversion, allowing to perform

spectroscopic measurements by analyzing the intensity fluctuations of the transmitted light.

Coherence properties can also be studied with the correlation function g(2) of the intensity, giving access to the photon

statistics of the emitted light. We measure this function in a passive medium ballistically expanding while controlling

the regime of scattering of light. We analyze in detail the evolution of contrast, the loss of coherence and the change of

shape in the multiple scattering regime. Those results are combined with numirical and analytical studies showing the

role of multiple scattering in the changes of the g(2)-function. This measurement is the first experimental demonstration

of diffusing wave spectroscopy on cold atoms in ballistic motion.

The characterization of the temporal coherence of a random laser requires the study of the g(2)-function in an active

medium below threshold. We implement a scheme based on hyperfine Raman gain, combining effectively gain and

scattering. We present our first results to quantify the amount of gain in the cloud with pump-probe spectroscopy,

showing the appearance of an electromagnetically induced transparency window. Finally, based on a heterodyne method,

we are able to access the optical spectrum of the scattered light in presence of gain.

Keywords : Cold atoms, scattering, frequency noise, intensity correlations, Raman gain, Random laser
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Introduction

Au quotidien, nous faisons tous l’expérience de la diffusion de la lumière, que ce soit la propa-
gation de la lumière à travers le verre ou la couleur blanche de la neige. Le point commun de ces
deux exemples réside dans le caractère désordonné du milieu dans lequel la lumière se propage.
On pressent donc que les propriétés du désordre de l’environnement vont influencer celles de la
lumière que nous observons. Bien que la compréhension globale des détails de la configuration
de ces milieux est souvent inaccessible, voire inappropriée, des modèles statistiques du désordre
peuvent se révéler important pour décrire leur aspect ou leur structure afin d’expliquer les inter-
actions avec la lumière. On distingue alors deux situations différentes. Lorsque la lumière éclaire
la surface d’un matériau présentant des aspérités à l’échelle mésoscopique, elle va être réfléchie
dans toutes les directions du demi-espace incident. On parle alors de réflexion diffuse, qui nous
permet d’observer tous les objets autour de nous. Au contraire, si le milieu de propagation
est globalement transparent, mais présentant une certaine concentration de particules pouvant
modifier le parcours de la lumière, on parle de diffusion de la lumière dans l’échantillon. La pein-
ture ou le brouillard sont des milieux diffusants souvent rencontrés. Mais l’intérêt scientifique
de ces milieux s’est développé pour deux autres systèmes : les tissus biologiques où l’on peut
y focaliser la lumière [Popoff 2010a] ou alors transmettre des images [Popoff 2010b,Katz 2014]
et le milieu stellaire [Molisch 1998].

L’utilisation du concept de rayon lumineux est souvent suffisant pour décrire la propagation de
la lumière dans un milieu désordonné. Dans ce cas, la lumière se propage en ligne droite entre
deux événements de diffusion. Cette image permet d’écrire un bilan local de flux radiatif direc-
tionnel appelé équation de transfert radiatif [Chandrasekhar 1960]. Dans la limite d’un milieu
fortement diffusant, la lumière va subir une marche aléatoire, modélisée par une équation de
diffusion. L’étude de son transport s’en trouve simplifiée puisque les paramètres physiques du
milieu n’apparaissent plus que dans la détermination des lois de probabilité décrivant les carac-
téristiques des pas réalisés par un photon. En particulier, dans un milieu désordonné, linéaire
et non dispersif, cette loi de probabilité prend une forme exponentielle, connue sous le nom
de loi de Beer-Lambert et introduite la première fois par Pierre Bouguer [Bouguer 1729]. Elle
introduit, notamment, la notion de libre parcours moyen, distance moyenne parcourue par le
photon dans le milieu entre deux diffusions. Ces deux approches, équations de transfert radiatif
et de diffusion, permettent la connaissance des grandeurs statistiques décrivant un champ à
l’intérieur du milieu. Elles sont particulièrement bien adaptées à l’étude des phénomènes at-
mosphériques [Goody 1989], aux problèmes d’irradiation en médecine [Podgoršak 2006], aux
transferts thermiques [Taine 2014] ou pour décrire le milieu interstellaire [Chandrasekhar 1960].

Cependant, certaines situations nécessitent la prise en compte de la nature ondulatoire de la
lumière. Un exemple marquant est celui de la lumière provenant d’un laser transmis à travers un
milieu diffusant et projetée sur un écran. On y observe alors une succession de tâches brillantes
et sombres, appelées tavelures (speckle en anglais) [Langmuir 1963]. Cette figure d’interférences
est le résultat de la somme cohérente des champs diffusés ayant acquis un déphasage relatif
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aléatoire. Si l’on moyenne sur les configurations du désordre, les prédictions du modèle diffusif
s’applique de nouveau et on observe une intensité uniforme sur l’écran. Cela reste vrai en général
dans toutes les directions, mais une exception marquante existe. Si l’on s’intéresse à l’intensité
rétrodiffusée, on peut mettre en évidence une hausse de l’intensité dans la direction retournant
à la source lumineuse. Ce phénomène de rétrodiffusion cohérente provient de l’interférence entre
les chemins ramenant la lumière vers la source, qui peuvent être parcourus dans les deux sens.
Les ondes ont finalement la même phase et s’additionnent. On parle alors de rétrodiffusion
cohérente, ou de localisation faible de la lumière, mise en évidence au milieu des années 80 [van
Albada 1985,Wolf 1985]. Si le degré de désordre est très important, le libre parcours moyen d’un
photon se propageant dans le milieu devient comparable à la longueur d’onde de la lumière.
Les effets d’interférences entre les ondes mutiplement diffusées peuvent alors altérer totalement
la propagation de l’onde dans le milieu et donc annuler son transport. Cet effet est connu sous
le nom de localisation d’Anderson, prédite par Philipp W. Anderson en 1958 [Anderson 1958]
pour des électrons dans un réseau. Le concept de localisation a ensuite été élargi aux ondes
classiques et lumineuses quelques temps après [John 1984], avant que la localisation d’onde de
matière ne soit effectivement observée [Billy 2008]. L’observation de la localisation de la lumière
en trois dimensions reste, actuellement, un défi pour les expérimentateurs.

Les milieux considérés jusqu’à présent ont toujours été considérés comme passifs, au sens où
aucun terme source n’est pris en compte. Considérons maintenant des diffuseurs immergés di-
rectement dans un milieu amplificateur. Plus le chemin parcouru est long, plus importante sera
l’amplification. Les pertes, correspondant à la sortie des photons du système, sont distribuées
sur l’ensemble de sa surface alors que le gain est proportionnel à son volume. On comprend
donc l’existence d’un seuil critique sur la taille du système au-dessus de laquelle le gain va
augmenter jusqu’à saturation. Ce mécanisme d’amplification a été prédit à la fin des années 60
par Vladilen Letokhov [Letokhov 1968] et baptisé bombe photonique, montrant les similarités
avec le processus d’emballement du nombre de neutrons dans un réacteur nucléaire. Une fois
la saturation du gain atteinte, on parle de laser aléatoire. On peut imager cet objet comme
un laser dont la rétroaction, habituellement jouée par une cavité optique, est réalisée par la
diffusion multiple de la lumière directement dans le milieu à gain. Par exemple, un tel effet a
été mis en évidence dans un système de particules diffusantes immergées dans un milieu ampli-
ficateur liquide à base de colorants [Lawandy 1994]. Plusieurs études ont montré l’apparence de
plusieurs pics spectraux étroits devant la largeur de la courbe de gain au-dessus du seuil dans
des poudres semiconductrices [Cao 1999] ainsi qu’une statistique poissonienne de la lumière
émise permettant la comparaison avec un laser conventionnel [Cao 2001]. Outre son existence
dans les systèmes précédemment évoqués, notons l’observation d’un laser aléatoire dans les
milieux biologiques permettant la discriminations entre tissus cancéreux et tissus sains [Pol-
son 2004]. Même si la sélection modale due à la rétroaction par la diffusion, dont dérive les
propriétés de cohérence temporelle, reste encore mal comprise et débattue au sein de la com-
munauté de la diffusion de la lumière [Wiersma 2008,Wiersma 2013], des progrès ont été faits
pour mieux contrôler la direction de l’émission [Hisch 2013,Schönhuber 2016] ou ses propriétés
spectrales [Gottardo 2008,Bachelard 2014].

Les vapeurs atomiques peuvent s’avérer être un milieu diffusant aux propriétés particulièrement
bien adaptées pour comprendre les mécanismes de diffusion multiple de la lumière et sont à la
base des premiers modèles d’équations de transfert radiatif [Chandrasekhar 1960]. En particu-
lier, les atomes refroidis par laser s’avèrent être un outil puissant pour étudier ces mécanismes.
En effet, leur faible température diminue l’impact de l’effet Doppler et limite donc la redis-
tribution en fréquence. Les liens entre physique atomique et astrophysique sont profonds. À
titre d’exemple, l’essentiel de notre connaissance du milieu interstellaire provient de mesures
spectroscopiques rendues possibles par l’étude en laboratoire de spectres d’émission ou d’ab-
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sorption d’espèces atomiques. D’autre part, un des liens majeurs entre ces deux thématiques
est la pression de radiation. Cette force exercée par la lumière sur un système physique est à
la base du refroidissement des atomes par laser. Mais on la retrouve aussi dans la physique des
étoiles. La lumière provenant du centre de l’étoile contre-balance la gravité qui tend à effondrer
l’étoile sur elle-même. Le même équilibre est à l’oeuvre dans un piège magnéto-optique dans la
limite des grands nombres d’atomes : la taille du nuage d’atomes froids dépend de la balance
entre les forces de pression de radiation exercées par les faisceaux externes de piégeage et la
force répulsive induite par la diffusion de la lumière à l’intérieur.

L’existence de diffusion dans le milieu interstellaire est bien connue [Molisch 1998]. Dès lors,
Letokhov et Johanson se sont posés la question de la présence d’effets de type laser aléa-
toire astrophysique [Letokhov 2009] pour expliquer l’observation de raies spectrales plus in-
tenses que prévues. Des mesures spectroscopiques ont notamment mis en évidence un excès
d’émission dans l’infrarouge, autour de 10 µm, dans les atmosphères de Mars et Vénus [John-
son 1974,Mumma 1981], ces observations pouvant être interprétés comme de l’émission sponta-
née amplifiée. De même, l’étude de raies spectrales de l’étoile η−Carinae suggère des intensités
supérieures que celles prédites. Un mécanisme de type laser aléatoire a été proposé pour les
expliquer [Johansson 2002], mais sa validité reste un problème ouvert. Le lien entre astrophy-
sique et physique atomique est souligné une fois de plus en considérant l’observation d’un laser
aléatoire à atomes froids dans notre groupe [Baudouin 2013a]. Contrairement aux autres sys-
tèmes précédemment considérés, les atomes sont utilisés à la fois comme milieu amplificateur et
comme diffuseurs. Par un mécanisme de gain basé sur une inversion de population entre deux
niveaux hyperfins fondamentaux, un excès de fluorescence imputable au laser aléatoire a été
mis en évidence dans la gamme de fréquence où gain et diffusion sont combinés. Néanmoins,
aucun signal direct n’a pour le moment été détecté et l’étude de la cohérence temporelle d’un
tel objet reste à être menée. Ces deux questions sont au coeur de la thématique de cette thèse
de doctorat.

Cette mesure de cohérence peut être faite au moyen d’un dispositif de type Hanbury Brown
et Twiss, du nom des deux physiciens à la base de sa conception. Cet outil a été initialement
introduit en astrophysique pour étudier le diamètre angulaire d’étoiles en utilisant l’interféro-
métrie d’intensité afin d’améliorer l’interféromètre stellaire de Michelson déjà existant. Dans ce
dernier, deux miroirs collectent la lumière provenant d’une étoile et les faisceaux sont recom-
binés pour observer des franges d’interférences, dont l’étude de l’évolution de la visibilité en
fonction de la séparation spatiale d entre les miroirs nous renseigne sur le diamètre angulaire
de l’étoile pointée. Par définition de la visibilité des franges, cet interféromètre est sensible à
la fonction de corrélation du champ électrique de la lumière provenant de l’étoile. On peut
montrer que la résolution angulaire d’un tel appareil est inversement proportionnelle à d. Il y
a là une contrainte technique forte, puisque la stabilité des miroirs est difficile à garantir pour
l’observation des franges lorsque la séparation spatiale entre eux augmente. Hanbury Brown
et Twiss ont alors proposé une modification de cet interféromètre afin d’en simplifier le fonc-
tionnement. Deux miroirs séparés l’un de l’autre collectent toujours la lumière provenant de
l’étoile pointée et la lumière est focalisée sur deux photodétecteurs. On s’affranchit donc de
créer, et de maintenir, une figure d’interférences. Le principe de l’interférométrie d’intensité est
donc de mesurer les corrélations existantes entre les deux photocourants générés par les deux
détecteurs. Afin d’en démontrer le principe, Hanbury Brown et Twiss ont réalisé cette mesure
en laboratoire en étudiant la fonction de corrélation de l’intensité de la lumière émise par une
lampe spectrale en fonction de la séparation spatiale entre les deux photodétecteurs [Hanbury
Brown 1956b]. Ils ont ensuite développé leur interféromètre en Angleterre pour mesurer le dia-
mètre angulaire de l’étoile Sirius [Hanbury Brown 1956a]. Deux points sont ici importants à
préciser. Premièrement, l’interférométrie d’intensité fait le choix de privilégier la résolution à la
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sensibilité. Deuxièmement, l’étude des corrélations d’intensité en fonction de la séparation spa-
tiale entre les détecteurs permet un accès direct à la cohérence spatiale de la source lumineuse
étudiée.

Les expériences conduites par Hanbury Brown et Twiss au milieu des années 50 ont mis en
évidence une corrélation positive entre les intensités lumineuses mesurées sur les deux photodé-
tecteurs, bien qu’aucune information sur la phase ne soit recueillie. Cette corrélation est qualifié
depuis d’effet Hanbury Brown et Twiss ou groupement de photons. Ils ont en effet montré que
les photons avaient tendance à arriver en même temps sur les deux détecteurs. Cet effet n’est
pas cantonné à l’optique. Il a aussi été mesurée en physique des particules [Goldhaber 1960] ou
bien avec des atomes [Jeltes 2007]. Néanmoins, cet effet n’a pas fait consensus immédiatement et
a été accueilli plutôt avec scepticisme. En particulier, plusieurs personnes ont tentés de mettre
à nouveau en lumière l’occurrence de ces corrélations positives mais sans succès, questionnant
par ailleurs la pertinence de cet effet dans le cadre de la mécanique quantique [Brannen 1956].
Hanbury Brown et Twiss ont rapidement répondu, réfutant les arguments présentés et pointant
notamment un problème de bande-passante d’appareil de mesure dans l’expérience de Bran-
nen [Hanbury Brown 1956c]. Au même moment, E. M. Purcell, partisan de l’interférométrie
d’intensité, montre que le groupement de photons est une manifestation d’un effet déjà connu en
physique statistique en lien avec la nature bosonique des photons [Purcell 1956], ne remettant
donc pas en cause le paradigme de la mécanique quantique.

La lumière diffusée par un système désordonné présente des fluctuations spatiales, illustrées par
exemple par l’observation de tavelures. En particulier, si le milieu est au repos, les tavelures
sont statiques. Ce ne sera plus le cas si les constituants de l’échantillon sont en mouvement.
On observe dans ce cas des tavelures dynamiques. Le temps caractéristique de ces fluctuations
est alors à relier au mouvement des diffuseurs. Dans ce cas, leur étude peut donner lieu à une
analyse détaillée de la dynamique des particules diffusantes. L’interférométrie d’intensité dans
le domaine temporel est alors bien adaptée pour sonder, cette fois, les corrélations entre les
temps d’arrivée des photons sur un seul détecteur, devenant sensible à la cohérence temporelle
de la source lumineuse. Pour le cas spécifique d’un grand nombre de diffuseurs, la dynamique
temporelle des fluctuations de l’intensité, proportionnelle à la fonction de corrélation de l’in-
tensité g(2), est directement liée à la fonction d’auto-corrélation du champ électrique par la
relation de Siegert [Loudon 2000]. Le lien entre auto-corrélation du champ et propriétés dyna-
miques des diffuseurs a été initié à la fin des années 80 pour donner lieu au développement de
la spectroscopie des ondes diffuses [Maret 1987, Pine 1988]. Appliquée au régime de diffusion
multiple de la lumière, cette théorie permet une étude précise des propriétés dynamiques des
diffuseurs par l’étude des fluctuations de la lumière diffusée. C’est donc une technique non
invasive et aisément implémentable. Pour que les tavelures soient notablement modifiées, et
que donc les variations temporelles de la fonction g(2) soient appréciables, il faut que le trajet
d’un photon dans l’échantillon soit augmenté d’au moins une longueur d’onde optique suite
à un événement de diffusion. Dans le régime de diffusion simple de la lumière, le mouvement
d’un diffuseur doit être relativement important pour que la modification du chemin optique
du photon entraîne une modification majeure de la figure de tavelures. En revanche, dans le
régime de diffusion multiple, l’accumulation de plusieurs événements de diffusion diminue alors
la contribution d’un diffuseur à l’augmentation du chemin parcouru par un photon. Il devient
alors possible de sonder le mouvement des particules diffusantes sur des distances toujours plus
faibles, pouvant être inférieures à la longueur d’onde. Le domaine d’application est très large,
citons entre autres la détermination de la taille de particules [Rega 2001, Scheffold 2002], la
rhéologie [Dasgupta 2002], l’étude de solutions colloïdales in vitro [Marze 2012] ou le domaine
bio-médical [Li 2005,Ninck 2010].
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Les vapeurs atomiques froides ne sont pas en reste quant à l’étude des fluctuations temporelles
de la lumière diffusée. De par le contrôle que l’expérimentateur a sur les atomes ainsi que la
possibilité de réaliser des calculs ab initio, ils constituent un milieu de référence pour mieux
comprendre les interactions entre lumière et matière. Par exemple, l’étude des fluctuations
d’intensité, dans le domaine temporel ou spectral, de la fluorescence émise par les atomes
chargés dans une mélasse optique peut donner lieu à l’étude du mouvement des atomes dans
un réseau optique [Jurczak 1995,Westbrook 1990] (dans la première référence, les auteurs ont
étudié la transformée de Fourier de la fonction g(2) alors que dans la seconde, ils ont mesuré
l’auto-corrélation du champ électrique diffusée par hétérodynage) ou de la température du
nuage dans une mélasse optique [Nakayama 2010]. Néanmoins, la présence de larges et puissants
faisceaux lasers implique un impact fort de la diffusion inélastique et masque les effets de celle
élastique. L’analyse en transmission d’un rayon laser envoyé à travers une vapeur atomique
est aussi l’occasion d’étudier l’impression de phase induite par l’interaction lumière-matière. Il
est alors possible de mettre en évidence l’occurrence de nouvelles composantes spectrales dans
le spectre de bruit d’intensité du laser transmis, pouvant être inférieures au bruit de grenaille
en développant des astuces expérimentales particulières [Mitsui 2013, Aoki 2016]. Ces deux
diagnostiques peut s’avérer complémentaire pour étudier l’effet du mouvement des diffuseurs
dans les fluctuations temporelles de la lumière diffusée.

Les expériences d’Hanbury Brown et Twiss avec des photons ont contribué au développement de
l’optique quantique. Nous l’avons vu, le but est de mesurer des corrélations entre les intensités
mesurées par deux détecteurs séparés spatialement. Mais cela peut donner lieu à des problèmes
d’interprétation. En effet, en considérant chaque détection comme un processus quantique aléa-
toire, comment pouvoir mesurer des corrélations entre deux événements distincts ? Une réponse
a été apportée, dans un premier temps, par Umberto Fano en considérant le processus de pho-
todétection de manière quantique mais avec une lumière classique [Fano 1961]. Par la suite,
Roy J. Glauber développera la théorie de la cohérence optique dans une série d’articles parus
en 1963 [Glauber 1963b], marquant ainsi les débuts de l’optique quantique. Outre le mouve-
ment des diffuseurs, la cohérence temporelle de la source lumineuse peut aussi être étudiée par
interférométrie d’intensité dans le domaine temporel ainsi que les propriétés statistiques de la
lumière émise. L’apparition d’un groupement de photons caractérise une lumière dite thermique
ou chaotique. Suite à la première observation expérimentale d’un laser par Theodore H. Mai-
man [Maiman 1960], la question de la présence de l’effet Hanbury Brown et Twiss dans ce type
de source se pose alors. La réponse, négative, a été donnée par Glauber au début des années
60 [Glauber 1963a]. L’absence de groupement de photons a, par la suite, été mis en évidence
dans une diode laser monomode [Armstrong 1965] et dans un laser hélium-néon [Arecchi 1966],
les deux fonctionnant au-dessus du seuil. Ils ont ainsi mis en évidence que la lumière émise par
un laser suit une statistique de Poisson. Dans le contexte du laser aléatoire à atomes froids, le
développement d’une nouvelle détection basée sur l’interférométrie d’intensité peut donc être
particulièrement bien adaptée pour sonder les propriétés de cohérence temporelle d’un tel objet,
de part et d’autre du seuil.

Cette thèse de doctorat est divisée en trois parties, chacune précédée d’une introduction. La
première cherche à introduire les notions nécessaires à la description des milieux désordonnés,
éventuellement optiquement actif, et leur étude grâce aux fonctions de corrélation du champ
électrique. Dans le premier chapitre, nous détaillons les modèles de transport de la lumière dans
un milieu désordonné et appliquons le régime diffusif à un gaz d’atomes froids. Nous verrons,
de plus, le régime de bombe photonique en présence de pompage optique. Nous définirons enfin
les fonctions de corrélation du champ électrique pour ensuite nous concentrer sur la fonction
de corrélation de l’intensité. Dans le second chapitre, nous commençons par présenter les diffé-
rents montages expérimentaux pour l’étude des corrélations d’intensité, tant dans le domaine
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spectral que temporel, avant d’introduire l’expérience d’atomes froids utilisée dans cette thèse.
Finalement, nous exposerons les résultats obtenus dans le groupe montrant l’observation d’un
laser aléatoire à atomes froids.

La seconde partie traite des résultats expérimentaux obtenus ces trois dernières années. Le
troisième chapitre porte sur l’étude de la conversion de bruit de fréquence en bruit d’intensité par
la résonance atomique. Pour cela, nous présentons une analyse détaillée des bruits intrinsèques
d’une diode laser avant de nous tourner vers la détection d’un faisceau laser transmis à travers
les atomes. Nous montrons, au moyen d’un modèle très simple, que le spectre des fluctuations
de l’intensité transmise peut être utilisé pour remonter à des propriétés atomiques, nécessitant
une bonne caractérisation du discriminateur de fréquence réalisant la conversion. Enfin, le
quatrième chapitre est une première application de la spectroscopie des ondes diffuses au cas
des atomes froids. Nous mesurons les fluctuations temporelles de l’intensité diffusée par les
atomes, considérés comme un milieu passif, animés d’un mouvement balistique. Tenant compte
de la résonance atomique, nous sondons les corrélations d’intensité dans des régimes de diffusion
élastique bien contrôlés. Combinée à une étude numérique et analytique, nous pointons le rôle
de la diffusion multiple de la lumière dans la modification de la fonction g(2).

Enfin, la dernière partie ouvre vers l’étude des corrélations d’intensité dans un milieu actif.
Nous commençons par détailler les récentes modifications apportées sur l’expérience pour in-
duire du gain dans le système ainsi que les moyens pour mesurer et contrôler une inversion
de population. Nous présentons les premiers spectres obtenus par spectroscopie pompe-sonde,
en absence de gain, indiquant la présence de transparence électromagnétiquement induite. En
outre, nous exposons les mesures de spectres optiques par hétérodynage, via la fonction g(2),
visant à caractériser l’occurrence de gain dans le spectre de la lumière diffusée.
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Introduction

Habituellement, la description du champ électromagnétique dans la matière passe par la résolu-
tion des équations de Maxwell pour déterminer les champs électrique et magnétique. Cependant,
la présence d’une multitude de sources (par exemple les positions aléatoires de charges ponc-
tuelles) rend la description microscopique très compliquée. La méthode usuelle consiste souvent
à réaliser une moyenne sur le champ microscopique pour obtenir une description macroscopique
des propriétés électromagnétiques d’un échantillon.

L’étude du trajet de la lumière dans un milieu désordonné ne fait pas exception. On peut
se représenter un tel milieu comme une matrice transparente homogène en présence d’îlots
d’indice optique différent. La connaissance de l’évolution de la lumière dans ce milieu passe par
la résolution de l’équation de propagation du champ électrique. Cette équation reste difficile à
utiliser pour des systèmes désordonnés macroscopiques, même si des progrès ont été fait quant
à une résolution numérique sur un milieu de petite taille [Kane 1966]. En fonction du problème
étudié, il peut être inutile de savoir précisément l’évolution du champ électrique, en particulier
lorsque l’on soupçonne l’absence des effets interférentiels. Dans ce cas, une description en terme
d’intensité lumineuse est souvent suffisante. Le transport de l’énergie lumineuse s’étudie au
moyen de l’équation de transfert radiatif, qui peut être dérivée à partir des équations de Maxwell
[Pierrat 2007b]. Cette équation traduit la conservation de l’énergie et du flux lumineux dans le
milieu désordonné.

Les modèles de transfert radiatif ont été introduits pour la première fois de façon phénoménolo-
gique. Les premières bases ont été posées par Khvolson et Schuster en voulant écrire un bilan de
flux radiatif local à partir de l’absorption et de la diffusion de la lumière dans un milieu [Khvol-
son 1890,Schuster 1905]. Un peu plus tard, Compton proposait une description microscopique
de la diffusion en introduisant un quantum d’énergie absorbé et réémis par des atomes, faisant
un lien avec la propagation de la lumière dans un gaz [Compton 1923]. On note ici un premier
parallèle entre transport radiatif et équation de la diffusion. Plusieurs améliorations ont ensuite
été apportées pour raffiner cette description : la prise en compte du délai associé à chaque évé-
nement de diffusion [Milne 1926] ou des effets de redistribution en fréquence présents dans le cas
de la diffusion résonante de la lumière dans une vapeur atomique [Kenty 1932,Holstein 1947].
Finalement, la formulation moderne de l’équation de transfert radiatif est due à Chandrase-
khar [Chandrasekhar 1960]. Une des conséquences majeures montrées par Chandrasekhar est
que si le libre parcours moyen de la lumière dans le milieu désordonné est petit devant sa lon-
gueur caractéristique (on parle de régime de diffusion multiple), alors l’équation de transfert
radiatif tend vers une équation de diffusion. Il convient de bien faire attention à la terminologie
employée, du fait de l’ambiguïté existante pour le mot « diffusion » dans la langue française.
L’équation de la diffusion (au sens phénomène diffusif, diffusion en anglais) fixe le cadre de
l’étude du transport dans la lumière dans un milieu désordonné. Cependant, la lumière peut
être diffusée à l’intérieur de ce même milieu, on parlera d’événement de diffusion (scattering)
dans ce cas.

Le cadre de l’équation de la diffusion ne se limite pas à un milieu passif. On peut aussi l’appliquer
lorsque l’échantillon présente du gain. Dans ce cas, on peut montrer qu’elle présente un effet de
seuil au-dessus duquel l’énergie lumineuse se met mathématiquement à diverger (dans la réalité,
l’énergie croît jusqu’à la saturation du gain). On parle alors de laser aléatoire [Letokhov 1968].
En combinant du gain et de la diffusion en même temps, ce qui peut être obtenu en immergeant
des diffuseurs dans des molécules de colorant, les photons vont être amplifiés en se propageant
directement dans le milieu. Le gain ayant lieu dans tout l’échantillon (permis par la diffusion
multiple), on s’attend à ce qu’il soit proportionnel au volume du système. A l’inverse, les pertes
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(les photons s’extirpant du milieu) sont distribuées sur sa surface. On s’attend donc à ce que
la condition de seuil porte sur une taille critique du milieu. Au-dessus de cette taille, le gain
compense les pertes et le système se met à osciller : nous avons émission d’un laser.

Dans ce manuscrit, le système d’intérêt est une vapeur atomique froide. Ce nuage étant éclairé
par plusieurs faisceaux lasers, il n’est pas immédiat de pouvoir recourir à ce formalisme diffusif
pour étudier les propriétés de la lumière diffusée. Il est nécessaire de savoir décrire l’interac-
tion entre la lumière et un atome pour définir les paramètres intervenant dans l’équation de
la diffusion, notamment si l’on veut connaître les phénomènes sous-jacents à l’émission d’un
laser aléatoire à atomes froids. Il convient donc de modéliser l’évolution des variables définis-
sant le système {atomes + champ} ainsi que les propriétés de la lumière ré-émise [Cohen-Tan-
noudji 2001]. Les équations de Bloch optiques permettent notamment de décrire l’évolution
temporelle de la matrice densité d’un atome en présence d’un champ cohérent extérieur (le ou
les lasers incidents) et d’un couplage avec les modes du vide (l’émission spontanée). L’obten-
tion de la matrice densité permet de connaître l’évolution de la polarisabilité atomique et d’en
déduire les sections efficaces caractérisant les interactions avec la lumière. Une telle description
n’est cependant pas l’objet de cette thèse.

En régime de diffusion multiple, la lumière s’échappant d’un milieu désordonné présente d’im-
portantes fluctuations temporelles. Si l’on place un écran pour observer cette lumière diffusée,
nous y verrons une alternance de maxima et de minima d’intensité connue sous le nom de tave-
lures. Si les diffuseurs sont en mouvement on peut relier les variations temporelles de la lumière
diffusée à leurs propriétés dynamiques. On peut alors étudier leur mouvement en analysant l’évo-
lution temporelle des tavelures. La théorie décrivant l’évolution dans le temps de la lumière diffu-
sée, en régime de diffusion multiple, s’appelle la spectroscopie des ondes diffuses (Diffusing wave
spectroscopy en anglais, abrégée DWS) [Maret 1987,Pine 1988,Pine 1990b]. Les applications sont
nombreuses, allant de la détermination de la taille de particules [Pine 1990b,Rega 2001,Schef-
fold 2002] à la biomédicale [Durduran 2004, Ninck 2010]. L’observable expérimentale est la
fonction de corrélation d’ordre deux, on parle de fonction de corrélation de l’intensité. Son
étude renferme les informations recherchées sur les propriétés des diffuseurs dans le milieu
d’étude.

Cette partie est divisée en deux chapitres. Le premier décrit l’étude des milieux désordonnés
actifs au moyen de l’équation de diffusion. Nous introduirons les notions nécessaires pour décrire
un laser aléatoire ainsi que la fonction de corrélation de l’intensité pour étudier les fluctuations
temporelles de la lumière diffusée. Dans le second chapitre, nous étudierons les techniques
expérimentales pour mesurer cette fonction de corrélation. Nous présenterons aussi l’expérience
et décrirons l’observation d’un laser aléatoire à atomes froids [Baudouin 2013a]. Enfin, nous
tenterons de voir comment appliquer une mesure de corrélations d’intensité pour obtenir une
signature claire de l’obtention d’un effet de laser aléatoire. Cela permettra d’étudier plus en
détails ces propriétés de cohérence temporelle.
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Chap I - Fluctuations temporelles de la lumière diffusée par un milieu

désordonné

Ce premier chapitre présente les caractéristiques des fluctuations temporelles de la lumière
diffusée par un milieu désordonné. Dans un premier temps, nous aborderons les grandeurs per-
tinentes pour décrire le régime du transport de la lumière dans un tel milieu. Nous verrons
ensuite, pour un grand nombre de diffusions, que l’intensité lumineuse suit une équation de
diffusion. Nous mettrons en évidence, en présence de gain, l’apparition d’une bombe photo-
nique permettant d’introduire le phénomène de laser aléatoire. En outre, nous étudierons les
fluctuations temporelles de la lumière au moyen des fonctions de corrélation d’ordre un et deux
du champ. Enfin, nous appliquerons plus spécifiquement l’auto-corrélation du champ électrique
de la lumière diffusée par un milieu désordonné pour analyser les propriétés des particules dif-
fusantes constituant le milieu. Nous introduirons, pour cela, la théorie de la spectroscopie des
ondes diffuses, ou diffusion dynamique de la lumière.

I.1. Grandeurs pertinentes pour décrire les milieux désordon-
nés

Dans cette section, nous introduisons les quantités importantes pour décrire les milieux optiques
désordonnés. Nous définirons les différents régimes de transport de la lumière, que ce soit le
régime de diffusion simple ou alors le régime de diffusion multiple. Cette partie s’appuie sur le
cours donné par R. Carminati au master Optique Matière Plasma en 2015 [Carminati 2015].

I.1.1. Sections efficaces

La première étape pour décrire optiquement un milieu désordonné est d’écrire la forme du
champ électrique diffusé. Pour cela, nous étudions l’interaction entre une onde, supposée plane,
et un diffuseur. Nous nous plaçons dans l’approximation scalaire de la lumière. Nous allons
qualifier la diffusion d’élastique si la direction de propagation de l’onde est modifiée mais à
fréquence identique. À l’instar du principe de Huygens-Fresnel qui permet de décrire une onde
plane diffractée comme une somme d’ondes partielles sphériques réémises, nous pouvons écrire le
champ électrique de l’onde diffusée en champ lointain sous la forme (en omettant la dépendance
temporelle en e−iωt) :

Esc(r, θ, φ) = E0 eikinc·rf(θ, φ)
eik|r−rd|

|r − rd| , (I.1.1)

où rd est la position du diffuseur et kinc est la direction de propagation de l’onde incidente, de
module k = ω

c
= 2π

λ
, c étant la vitesse de la lumière dans le milieu où se trouve le diffuseur et λ la

longueur d’onde dans le même milieu. La fonction f(θ), a priori inconnue, est appelée amplitude
de diffusion. C’est une grandeur en général complexe qui permet de décrire l’amplitude de l’onde
diffusée dans la direction θ. Par analyse dimensionnelle de l’équation (I.1.1), f(θ) doit avoir la
dimension d’une longueur. La difficulté d’un problème de diffusion réside dans la connaissance
de l’amplitude de diffusion, qui dépend de plusieurs paramètres comme la nature des diffuseurs
ou la polarisation de l’onde incidente.

Néanmoins, nous pouvons définir une grandeur qui va nous permettre de caractériser plus
efficacement l’interaction entre un diffuseur et une onde : la section efficace de diffusion. Elle
quantifie la probabilité d’interaction entre les constituants d’une cible et un projectile. C’est
un concept introduit initialement en physique nucléaire. Son unité est le mètre carré, mais on
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Figure I.1.1 – Géométrie utilisée pour définir la section effiace différentielle de diffusion.

parle aussi de barn, 1 b = 10−28 m2, soit l’ordre de grandeur de la surface d’un noyau atomique.
Dans ce point de vue, la section efficace de diffusion s’écrit comme :

σsc =
Ndiff

Ninc(N/S)
, (I.1.2)

où Ndiff est le nombre de particules diffusées par seconde, Ninc est le nombre de particules
incidentes par unité de temps et N/S est le nombre de particules cibles contenues dans la surface
S du faisceau incident. Tous les éléments du processus diffusif sont contenus dans la section
efficace de diffusion. Ce formalisme permet donc de traiter de la même manière la diffusion de
particules (comme en physique nucléaire) ou la diffusion d’ondes (sonores ou lumineuses). Dans
la suite, nous nous limiterons au cas des ondes lumineuses.

À ce titre, la section efficace de diffusion est telle que le produit σscIinc soit égal à la puis-
sance prélevée sur l’onde plane incidente et diffusée dans tout l’espace, Iinc étant l’intensité
(en W·m−2) de l’onde incidente. Cependant, la détection de la puissance diffusée ne peut pas
se faire dans tout l’angle solide, la surface du détecteur ne couvrant pas tout l’espace. On ne
mesure donc qu’une fraction de la lumière émise dans un angle solide donné. En outre, pour
tenir compte du caractère anisotrope de la diffusion, nous introduisons une section efficace dif-
férentielle notée dσsc

dΩ
, voir figure I.1.1. La puissance diffusée dPsc dans la direction (θ, φ) dans

un angle solide élémentaire dΩ s’écrit :

dPsc = |Esc(r, θ, φ)|2 r2dΩ. (I.1.3)

Par définition de la section efficace de diffusion, nous avons alors :

dσsc

dΩ
=

1
Iinc

dPsc

dΩ
. (I.1.4)

En utilisant l’équation (I.1.1), nous pouvons écrire explicitement la section efficace de diffusion
différentielle :

dσsc

dΩ
= |f(θ, φ)|2. (I.1.5)

Nous avons, évidemment :
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σsc =
∫ 2π

0
dφ

∫ π

0
dθ sin(θ)

dσsc

dΩ
. (I.1.6)

De la même façon, nous pouvons définir une section efficace d’extinction σext correspondant à
la puissance perdue par le champ soit par diffusion ou par absorption. Nous avons alors :

σext = σsc + σabs, (I.1.7)

où σabs est la section efficace d’absorption. Pour les milieux non absorbant, ce qui est le cas pour
une vapeur atomique, σabs est nulle. Un résultat très important de la théorie de la diffusion des
ondes est le théorème optique. Celui-ci relie l’amplitude de diffusion vers l’avant (définie par
θ = 0) et la section efficace d’extinction selon :

σext =
4π
k

× Im[f(0)], (I.1.8)

avec Im la partie imaginaire. Les conséquences de ce théorème sont à la fois pratiques et
fondamentales. Il montre que l’extinction est due à l’interférence entre le champ incident et
le champ diffusé vers l’avant. Il en découle donc que, pour un milieu non absorbant, la seule
mesure (ou le calcul) du champ diffusé vers l’avant renferme toute l’information sur la diffusion.

Le cadre de cette thèse est l’étude de la diffusion de la lumière dans un gaz d’atomes froids. Les
diffuseurs, les atomes, ont donc une taille bien inférieure à la longueur d’onde de la lumière,
le diamètre atomique étant de l’ordre du dixième de nanomètre alors que la longueur vaut
typiquement quelques centaines de nanomètres. Nous sommes donc dans le régime de la diffusion
Rayleigh. Les propriétés du champ rayonné par les atomes peuvent s’obtenir dans le cas de
l’approximation dipolaire électrique. Celui-ci s’exprime en fonction de la polarisabilité atomique
αat, qui s’écrit dans le cas d’un atome à deux niveaux :

αat(δ) = −3πΓc3

ω0
3

1
δ − iΓ/2

, (I.1.9)

où Γ est largeur naturelle du niveau excité, ω0 est la fréquence angulaire de la transition
atomique et δ = ωL − ω0 est le désaccord de la pulsation de la lumière incidente par rapport
à la résonance. On peut alors montrer que l’amplitude de diffusion est proportionnelle à la
polarisabilité atomique :

f(θ) =
k2

4π
αat(δ). (I.1.10)

Un commentaire s’impose à ce stade sur l’absence de dépendance angulaire de l’amplitude de
diffusion dans l’expression précédente. En effet, cette non-dépendance traduit le fait que la
diffusion est isotrope. Cela n’est vrai que dans l’approximation d’un atome à deux niveaux.
Dans le cas non absorbant, l’application du théorème optique (I.1.8) donne la section efficace
de diffusion d’un atome :

σsc(δ) =
3λ2

2π
1

1 + 4δ2/Γ2
. (I.1.11)

La section efficace de diffusion est donc maximale à résonance et on définit σ0 = 3λ2

2π
comme

la section efficace à résonance. Précisons que cette expression est valable dans le cadre de la
réponse linéaire de l’atome à l’illumination par le laser incident. On voit aussi tout l’avantage de
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Figure I.1.2 – Illustration de la loi de Beer-Lambert dans un milieu infini dans la direction transverse
et de longueur L. Le milieu est purement diffusant, de section efficace σsc, avec une densité ρ de
diffuseurs.

la résonance atomique : σsc peut être modifiée de plusieurs ordres de grandeur juste en variant
la fréquence du laser. Par exemple, en décalant la fréquence du laser de deux largeurs naturelles
par rapport à la résonance atomique, soit 2Γ, la section efficace de diffusion à ce désaccord est
divisée par dix-sept. La section efficace de diffusion sera d’une grande importance dans la suite
de ce manuscrit.

I.1.2. Loi de Beer-Lambert

Lorsque qu’une onde collimatée se propage dans un milieu désordonné, non absorbant, com-
posé d’une multitude de diffuseurs, son amplitude décroît à chaque évènement de diffusion.
L’énergie prélevée du mode cohérent (défini comme le mode se propageant vers l’avant) va être
redistribuée dans l’espace. La dénomination cohérent provient du fait que ce champ conserve
une relation de phase avec celui incident, avec lequel il peut interférer. En vertu du théorème
optique, l’intensité cohérente s’écrit comme :

Icoh = |E0 + Esc|2 = |E0|2 + |Esc|2 + 2 Re[E0
∗Esc], (I.1.12)

où·̄ est une moyenne d’ensemble. À cause de l’extinction par diffusion, on doit forcément avoir
Icoh < |E0|2, ce qui n’est possible qu’en tenant compte du terme d’interférences dans l’expression
précédente. C’est donc l’interférence entre le champ incident et le champ diffusé moyen qui est
responsable de l’atténuation de l’onde dans le milieu.

Nous allons maintenant démontrer la loi de décroissance de l’intensité collimatée dans une géo-
métrie très simple, indiquée sur la figure I.1.2. Considérons une onde plane se propageant selon
la direction de l’axe Oz. Le milieu désordonné est supposé infini dans la direction transverse
et constitué de particules susceptibles de diffuser la lumière et non absorbant. La densité de
diffuseurs est notée ρ. La section efficace d’extinction se réduit alors à la section efficace de
diffusion. Procédons à un bilan d’énergie sur une couche de largeur dz et de surface S :

Icoh(z + dz)S − Icoh(z)S = −(ρSdz) σsc Icoh(z). (I.1.13)

Nous en déduisons donc que la diminution de l’intensité entre z et z + dz est due aux ρSdz
diffuseurs contenus dans le volume. En intégrant l’expression (I.1.13) sur toute la longueur L
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du milieu, nous obtenons finalement :

Icoh(L) = Icoh(0) e−ρσscL. (I.1.14)

L’intensité collimatée décroit donc de manière exponentielle quand elle se propage dans un
milieu diffusant. L’énergie perdue est distribuée dans tout l’espace à cause de la diffusion, pour
former ce que l’on appelle l’intensité diffuse. L’expression (I.1.14) est la loi de Beer-Lambert.
Bien que nous nous sommes restreints à un milieu purement diffusant, on la retrouve aussi
dans ceux purement absorbant. C’est le cas notamment en chimie où la mesure de l’absorbance
d’une solution permet de remonter à ces constituants.

D’après le terme exponentiel de la loi de Beer-Lambert, nous pouvons définir une longueur
caractéristique d’atténuation par diffusion de l’onde dans le milieu. Cette grandeur ℓsc s’ap-
pelle le libre parcours moyen et vaut ℓsc

−1 = ρσsc, ce qui sera explicité à la section suivante.
En définitive, la mesure de la décroissance de l’intensité collimatée sur une distance L sert à
caractériser les propriétés de diffusion du milieu dans lequel la lumière se propage, et donc à
mesurer ℓsc.

Dans le cas qui nous intéressera au cours de cette thèse, le milieu diffusif est constitué d’atomes
de rubidium refroidis. On peut définir alors une nouvelle grandeur à partir de la loi de Beer-
Lambert : l’épaisseur optique. Elle s’écrit comme :

b(δ) = ρσsc(δ)L =
L

ℓsc

. (I.1.15)

L’épaisseur optique permet de décrire la transparence d’un milieu vis à vis de l’onde incidente.
Elle est évidemment maximale pour une onde à résonance avec la transition atomique. On peut
réécrire la loi de Beer-Lambert pour faire intervenir l’épaisseur optique dans l’expression de la
transmission Tat du milieu :

Tat =
Icoh(L)

Icoh(0)
= e−b(δ) = exp

(

− b0

1 + 4δ2/Γ2

)

, (I.1.16)

où b0 = ρσ0L est l’épaisseur optique à résonance. Nous montrerons à la section I.2.1 le lien
direct entre épaisseur optique et évènement de diffusion.

I.1.3. Régimes de transport

Nous venons de définir le libre parcours moyen comme une grandeur caractéristique d’un mi-
lieu diffusif. Cependant, nous ne l’avons pas encore interprétée. Pour cela, réécrivons le bilan
d’énergie (I.1.13) en faisant intervenir ℓsc :

Icoh(z + dz) = Icoh(z) − dz

ℓsc
Icoh(z). (I.1.17)

En adoptant une vision corpusculaire de la lumière, on peut faire correspondre Icoh(z) au nombre
de photons se propageant vers l’avant (suivant Oz) qui n’ont pas été diffusés avant d’arriver en
z. Dans ce cas, l’expression précédente montre qu’entre z et z + dz, dz

ℓsc
Icoh(z) photons ont été

diffusés. Si l’on normalise par le nombre de photons incidents en z, on arrive à la probabilité
d’être diffusé après avoir parcouru un longueur dz qui est dz

ℓsc
. Nous en déduisons donc la densité

de probabilité qu’un photon subisse sa première diffusion après avoir parcouru la distance z :
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P(z) =
1

ℓsc
exp

(

− z

ℓsc

)

. (I.1.18)

La longueur moyenne parcourue par le photon avant de subir le premier évènement de diffusion
est alors :

z̄ =
∫ +∞

0
dz zP(z) = ℓsc. (I.1.19)

Le libre parcours moyen s’interprète donc comme la longueur parcourue par un photon dans le
milieu entre deux diffusions. Plus généralement, à l’instar du libre parcours moyen, nous pouvons
définir les longueurs d’absorption et d’extinction à partir de leur section efficace respective. Nous
avons alors :

ℓabs
−1 = ρσabs (I.1.20)

ℓext
−1 = ρσext = ℓsc

−1 + ℓabs
−1. (I.1.21)

L’interprétation physique est tout à fait similaire à celle du libre parcours moyen. Nous verrons
dans la section suivante une nouvelle longueur caractérisant l’amplification dans le système. Si
la taille des diffuseurs augmente, la diffusion devient fortement anisotrope et dirigée vers l’avant.
Il peut être utile de définir la longueur de transport ℓtr, qui quantifie la distance moyenne au
bout de laquelle l’angle de propagation de l’onde devient aléatoire :

ℓtr =
ℓsc

1 − cos θ
, (I.1.22)

où cos θ est la moyenne du cosinus de l’angle de diffusion. Dans le cas de la diffusion isotrope,
cette moyenne est nulle et nous obtenons ℓtr = ℓsc.

Le libre parcours moyen nous permet de définir les différents régimes de transport de la lumière
dans un tel milieu. On distingue le régime de diffusion simple quand L ∼ ℓsc du régime de
diffusion multiple pour L ≪ ℓsc. Dans le premier cas, l’onde n’est quasiment pas diffusée
et sa trajectoire reste rectiligne. A l’inverse, dans le régime de diffusion multiple, le nombre
de diffusion peut devenir très grand. L’intensité cohérente est complètement éteinte et toute
l’énergie est redistribuée dans l’intensité diffuse. En utilisant l’expression de l’épaisseur optique,
ces deux régimes se définissent par b(δ) ∼ 1 et b(δ) ≫ 1, respectivement.

I.2. Régime diffusif

I.2.1. Équation de la diffusion

Le cadre de cette thèse est celui de l’étude de la diffusion de la lumière dans une vapeur atomique
froide. De ce fait, nous sommes amenés à considérer le cas de la diffusion multiple. Comme les
atomes sont de taille bien plus petite que la longueur d’onde de la lumière, nous sommes dans
le régime de la diffusion Rayleigh. Compte tenu du très grand nombre de diffuseurs, nous la
supposons isotrope. Dans le régime où L ≫ ℓsc, il est possible de montrer que la propagation
de l’intensité diffuse dans le milieu suit une équation de la diffusion :
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∂U(r, t)

∂t
= Ddiff∇2U(r, t), (I.2.1)

où U(r, t) est la densité d’énergie radiative. Ddiff est le coefficient de diffusion donné par :

Ddiff =
vtrℓsc

3
, (I.2.2)

avec vtr = ℓsc

tsc
est la vitesse de transport, prenant en compte le temps que l’onde passe au niveau

d’un diffuseur et le temps de propagation entre deux diffusions. Le coefficient de diffusion Ddiff

a déjà été mesuré dans une vapeur atomique froide [Labeyrie 2003]. Il a notamment été montré
que, proche de la résonance, tsc = Γ−1 et que la vitesse de transport de l’onde est cinq ordres
de grandeur plus petite que la vitesse de propagation de la lumière dans le vide.

Un exemple de comportement diffusif est l’étude de la conductance radiative. Par analogie avec
la loi d’Ohm en électronique, on peut montrer qu’en régime stationnaire l’intensité transmise,
proportionnelle à la conductance radiative, évolue comme L−1. Cette dépendance en l’inverse
de la taille du milieu est une caractéristique du régime diffusif. Nous trouvons ici une analogie
avec le modèle de Drude, décrivant le mouvement des électrons dans un conducteur.

L’équation de la diffusion pour étudier le transport de la lumière dans un milieu désordonné
est une approximation d’un modèle plus général pour simuler cette propagation en présence
d’absorption et de diffusion. Il repose sur l’équation de transfert radiatif (ETR), introduite
initialement en astrophysique pour décrire le rayonnement dans les milieux interstellaires et
en physique nucléaire pour modéliser la propagation des neutrons dans les réacteurs [Chan-
drasekhar 1960, Case 1967]. C’est une équation intégro-différentielle portant sur la luminance
L(r,u, t), qui est par définition le flux d’énergie lumineuse traversant un élément de surface
dS centré en r dans un angle solide élémentaire dΩ centré dans la direction u dans une bande
spectrale dω à l’instant t. La luminance s’exprime donc en W·m−2·sr−1·Hz−1. Dans un milieu
absorbant et diffusant, on montre que l’ETR est donnée par :

1

c

∂L(r,u, t)

∂t
+ u·∇L(r,u, t) = −

(
1

ℓabs
+

1

ℓsc

)

L(r,u, t) +
1

ℓsc

1

4π

∫

4π
dΩ′p(u·u′)L(r,u′, t).

(I.2.3)
Le membre de gauche représente la dérivée dans le temps et dans l’espace de la luminance.
Le premier terme du membre de droite représente les pertes d’énergie dues à la diffusion et
l’absorption. Le dernier peut s’apparenter à un terme source. Il prend en compte l’énergie
radiative venant de la direction u′ étant ré-émise après diffusion dans la direction u, avec une
certaine probabilité p(u·u′), appelée fonction de phase.

Le calcul de la luminance est plus précis que celui du vecteur de Poynting. Ce dernier modélise
la puissance transportée par l’onde lumineuse mais ne comprend qu’une intégration sur toutes
les directions de l’espace. Au contraire, l’ETR tient compte des changements de direction lors
d’événements de diffusion. Précisons que les effets d’interférences sont absents de la description
basée sur l’ETR. Il faut pour cela résoudre directement les équations de Maxwell pour la
situation considérée.

I.2.2. Ordre de grandeur et exemple dans un gaz d’atomes froids

Nous avons vu que le régime de diffusion multiple est défini comme L ≫ ℓsc, équivalent à dire
que l’épaisseur optique est grande devant l’unité. Dans ce régime, le nombre d’évènements de
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Figure I.2.1 – Expériences de mesures de la décroissance de la transmission diffuse à travers un
nuage d’atomes froids. (a) Principe de la mesure. Une impulsion laser est envoyée à travers un nuage
d’atomes froids de taille supérieure à celle du laser. Le signal de la transmission diffuse est mesuré avec
un photomultiplicateur (PM) après coupure de l’impulsion laser. (b) - (c) Courbes expérimentales
montrant la décroissance exponentielle de la transmission diffuse, dont la constante de temps augmente
quand l’épaisseur optique à résonance augmente, et son comportement quadratique en fonction de b0.
Toutes les courbes sont issues de [Labeyrie 2003].

diffusion peut être grand. Nous allons maintenant établir le lien entre nombre d’évènements de
diffusion et épaisseur optique. Pour cela, adoptons une image de type marche aléatoire suggérée
par l’équation de diffusion rencontrée plus haut. Le nombre de diffusion Ndiff s’obtient par le
rapport entre le temps total ttot passé par l’onde dans le milieu et le temps passé au niveau
d’un diffuseur tsc :

Ndiff =
ttot

tsc

. (I.2.4)

Pour une marche aléatoire, le temps total passé dans le milieu est donné par :

ttot =
L2

Ddiff
, (I.2.5)

le coefficient de diffusion Ddiff étant obtenu par (I.2.2). En mettant tout en commun, nous
faisons apparaître l’épaisseur optique (I.1.15) :

Ndiff =
ttot

tsc

∝ L2

ℓsc
2

= b2. (I.2.6)

Le nombre de diffusion est donc proportionnel au carré de l’épaisseur optique. Au final, la
seule mesure de b, aisément accessible, donne immédiatement un ordre de grandeur du nombre
d’évènements de diffusion subis.

Intuitivement, plus b est grand, donc plus le nombre d’événements de diffusion est grand, plus
la longueur du chemin optique de l’onde, ou du photon, dans le milieu va être importante.
En d’autres termes, l’onde va rester plus longtemps dans le milieu. Le temps passé par l’onde
dans l’échantillon peut être obtenu en mesurant la décroissance temporelle de l’intensité diffuse



40

Chap I - Fluctuations temporelles de la lumière diffusée par un milieu

désordonné

lorsque le milieu a été illuminé par un laser. Cette expérience a été réalisé dans notre groupe
sur un nuage d’atomes froids [Labeyrie 2003]. Un photomultiplicateur collecte la fluorescence
émise par le nuage, après l’avoir éclairé par de courtes impulsions laser accordé proche de la
résonance, voir figure I.2.1(a). Il a été montré que le signal temporel décroit exponentiellement
aux temps longs devant Γ−1 et que la constante de temps extraite des mesures croit comme
b2, figure I.2.1(b)-(c). Par ailleurs, elle ne dépend que de b(δ), l’épaisseur optique à la fré-
quence du laser, et non pas de b0. Ces résultats montrent effectivement que l’onde reste plus
longtemps dans le milieu quand le nombre de diffusion augmente. Mentionnons enfin que des
corrections interférentielles du transport, non prises en compte dans l’équation de diffusion, ont
été mesurées en mettant en évidence le cône de rétrodiffusion cohérente sur le nuage d’atomes
froids [Labeyrie 1999].

I.3. Diffusion de la lumière dans un milieu actif : laser aléatoire

L’équation de diffusion vue précédemment permet de décrire un milieu en absence de sources.
Dans cette section, nous allons voir les conséquences de l’introduction de gain dans le système.
Nous mettrons en évidence les différences de prise en compte du gain si le système est placé
dans une cavité optique ou en présence de diffusion multiple seulement. Nous allons notamment
définir le concept de laser aléatoire, qui est un laser basé sur la diffusion de la lumière dans le
milieu à gain directement.

I.3.1. La bombe photonique

L’équation de transfert radiatif est une équation tout à fait similaire à celle régissant le transport
des neutrons dans un réacteur nucléaire. On peut alors montrer qu’un effet de seuil existe,
correspondant à une taille critique du réacteur, quant à la possibilité d’avoir une réaction
nucléaire. Nous pouvons donc imaginer le même type d’effet pour les photons dans un milieu
désordonné. En présence de gain dans le système, la lumière peut être amplifiée au fur et à
mesure des diffusions. Nous allons montrer qu’il existe un même effet de seuil dans ces milieux
optiques actifs, appelé bombe photonique.

Cet effet a été introduit pour la première fois par Letokhov en 1968 [Letokhov 1968]. En présence
de gain, l’équation de la diffusion s’écrit :

∂U(r, t)

∂t
= Ddiff∇2U(r, t) +

v

ℓg
U(r, t). (I.3.1)

La longueur ℓg est appelée longueur de gain. Elle caractérise la longueur sur laquelle un photon
est amplifié. La communauté de la diffusion multiple de la lumière fait référence au gain comme
de l’absorption négative. On rencontre donc souvent la correspondance ℓg = −ℓabs. La question
de la détermination de la longueur de gain dans notre système constitue l’objet du dernier
chapitre de cette thèse.

Une solution générale de l’équation (I.3.1) s’écrit comme [Letokhov 1968] :

U(r, t) =
∑

n

anψn(r) e
−

(

DdiffBn
2− v

ℓg

)

t
, (I.3.2)
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Figure I.3.1 – Différences entre un laser conventionnel, (a), et un laser aléatoire, (b). Image tirée
de [Wiersma 2000].

où an sont des coefficients dépendant des conditions initiales et aux bords et ψn et Bn sont les
fonctions propres et valeurs propres, respectivement, de l’équation de Helmholtz :

∇2ψn(r) +Bn
2ψn(r) = 0. (I.3.3)

Trouver l’expression du seuil de la bombe photonique revient à connaître la condition pour
laquelle l’argument de l’exponentielle dans la solution (I.3.2) change de signe, passant d’une
exponentielle décroissante à une exponentielle croissante. Dans ce cas, nous avons :

DdiffBn
2 − v

ℓg
= 0. (I.3.4)

Nous nous intéressons à la valeur propre du mode d’ordre le plus bas n = 1, celui ayant la plus
grande durée de vie dans le système et donc ayant la plus grande probabilité d’atteindre le seuil
en premier. On peut montrer, que pour un milieu sphérique de rayon R, B1 = π

R2 . Connaissant
l’expression du coefficient de diffusion Ddiff, nous obtenons la taille critique du milieu au-dessus
de laquelle le seuil est dépassé :

Rcr = π

√

ℓgℓsc

3
(I.3.5)

L’interprétation de ce seuil en terme de laser sera faite à la section suivante. Même si ce modèle
prédit une augmentation exponentielle de l’intensité, aucune explosion photonique n’apparaît
dans les faits à cause de la déplétion du gain. En effet, le gain commence à diminuer rapidement
dès le seuil atteint. Cet effet va avoir tendance à augmenter ℓg, ce qui va empêcher la divergence
de l’intensité.

I.3.2. Laser aléatoire

I.3.2.1. Différences avec un laser classique

La figure I.3.1 montre les différences entre un laser classique et un laser aléatoire. Dans le
premier, le milieu à gain est placé dans une cavité optique de type Fabry-Pérot. La cavité
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assure que la lumière fasse plusieurs allers-retours dans le milieu amplificateur. Elle permet
d’amplifier de manière cohérente la lumière dans les modes résonant de la cavité. Le faisceau
est donc très directif, selon l’axe de la cavité, assurant une très bonne cohérence spatiale. Si
l’on note g le gain et L les pertes accumulées sur un aller-retour dans la cavité, la condition
d’oscillation du système s’écrit :

g2(1 − L) > 1. (I.3.6)

Outre les pertes utiles représentées par celles par transmission, responsable de l’extraction du
rayon laser à travers le coupleur de sortie, des pertes supplémentaires sont dues à la lumière
diffusée hors de l’axe de la cavité.

Pour un laser aléatoire, le système est totalement différent. Les diffuseurs sont directement
placés dans le milieu à gain. De sorte qu’entre deux évènements de diffusion, la lumière soit
amplifiée en se propageant dans le milieu. On peut donc donner une interprétation du seuil
obtenu, équation (I.3.5). Intuitivement, les pertes dans un tel système sont distribuées sur
toute la surface : c’est le seul moyen pour que la lumière s’échappe du milieu. Par contre,
l’amplification est reliée à son volume. Pour garantir la condition d’oscillation (I.3.6), où le
gain doit compenser les pertes, la taille du système doit être suffisamment grande. Le système
va alors émettre un laser dans tout l’angle solide, sans qu’une fréquence bien définie ne soit
amplifiée. Une définition du laser aléatoire peut donc être un laser où la rétro-action est faite
par la diffusion multiple de la lumière directement dans le milieu à gain.

Plusieurs systèmes ont été étudiés en présence de gain. Par exemple, un système très simple est
d’immerger des particules diffusantes, des particules de TiO2, dans une solution de molécules
de colorant organique, comme de la rhodamine [Lawandy 1994]. Ce colorant sert à amplifier
la lumière, les diffuseurs permettant d’allonger le chemin optique de la lumière dedans. Si la
concentration de diffuseurs est suffisamment importante, la condition que le gain doit compenser
les pertes peut être atteinte. L’expérience montre l’existence d’un seuil dans l’intensité diffusée
émise par le système en fonction de l’intensité du pompage. Une autre expérience a montré
une amplification similaire de la lumière dans des poudres semi-conductrices de ZnO, toujours
en fonction de l’intensité du pompage externe [Cao 1999]. La figure I.3.2 montre des spectres
obtenus lors de cette mesure. De bas en haut, l’intensité de la pompe est augmentée. On voit
nettement apparaître un effet de seuil au-dessus duquel des maxima étroits d’intensité émergent
d’une base plus large. Cette dernière correspond au spectre d’émission de la poudre en dessous
du seuil. Plus l’intensité de la pompe est élevée, plus l’amplitude des pics (et leur nombre)
augmente. L’apparition de ces pics en fonction de l’intensité de pompage démontre l’obtention
d’un laser aléatoire.

Notre détaillerons au chapitre suivant l’observation d’un laser aléatoire à atomes froids réalisée
dans l’équipe [Baudouin 2013a].

I.3.2.2. Rétro-action cohérente et incohérente

Un laser aléatoire peut être qualifié de cohérent ou incohérent en fonction du type de rétro-
action, [Cao 2003, Cao 2005]. Intuitivement, nous pouvons définir la rétro-action cohérente
comme portant sur le champ et celle incohérente concernant l’intensité.

Le premier cas se retrouve majoritairement dans les milieux très désordonnés où les modes de
propagation peuvent être localisés. Ces modes agissent comme plusieurs cavités de petite taille.
Ces cavités seraient fermées, impliquant donc que les effets interférentiels doivent être pris en
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Figure I.3.2 – Spectres d’émission d’une poudre semi-conductrice de ZnO observés pour différentes
intensités de pompages externes, l’intensité étant croissante du bas vers le haut. Les pics sont carac-
téristiques d’une émission d’un laser aléatoire. Notons l’échelle verticale qui augmente d’un graphique
à l’autre. Image tirée de [Cao 1999].
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compte. La condition d’interférences constructives inhérente à une cavité optique détermine
la fréquence d’oscillation du système, et donc celle du laser aléatoire cohérent quand le gain
compense les pertes. Cependant, la présence de toutes ces cavités suggère la sélection de plu-
sieurs fréquences d’oscillation, et donc à un rayonnement multimode et isotrope. La mesure
de spectres d’émission de systèmes à base de particules semi-conductrices présentant différents
pics semblent valider cette hypothèse [Cao 1999].

Le cas d’un laser aléatoire incohérent est un peu différent, même si la rétro-action peut aussi
s’interpréter en parlant de modes. A l’inverse d’un laser conventionnel où les cavités utilisées
présentent généralement un grand facteur de qualité, on rencontre ici une multitude de réso-
nances de facteur de qualité assez faible se recouvrant spectralement pour former un spectre
continu. L’absence de rétro-action cohérente implique que le spectre de la lumière émise tend à
être continu, aucune fréquence n’étant sélectionnée de manière résonante. L’observation d’une
transition d’un régime de laser aléatoire à l’autre a été observé par Hui Cao et ses collaborateurs
en augmentant la densité de diffuseurs dans le système, augmentant ainsi la probabilité que la
lumière forme des boucles fermées au cours de sa propagation [Cao 2000].

La différence majeure entre ces types de rétro-action est la prise en compte des effets d’inter-
férences. Ces derniers sont négligés quand un photon est diffusé et suit une marche aléatoire
dans un milieu diffusant. Nous avons vu dans ce cas que la description de cette situation est
basée sur un modèle diffusif de l’intensité lumineuse, conduisant au critère de Letokhov (I.3.5).
La prise en compte des interférences nécessite alors d’étudier le champ électrique au lieu de
l’intensité et donc d’utiliser les équations de Maxwell dans ce cas précis. Une discussion plus
poussée de la prise en compte de ces effets interférentiels dans le développement des modes
d’émission d’un laser aléatoire peut être trouvée dans [Andreasen 2011].

I.4. Fonctions de corrélation

Dans cette partie, nous introduisons les fonctions de corrélations du champ électrique, que ce
soit à deux champs (appelée d’ordre un) ou à quatre champs (ordre deux). Nous mettrons en
évidence les liens, non intuitifs, entre ces deux fonctions dans le cas d’un grand nombre de
diffuseurs. Nous montrerons enfin que la fonction de corrélation de l’intensité permet d’obtenir
des informations sur la statistique des photons émis par une source lumineuse, ce qui autorise
la distinction entre deux lumières ayant la même fonction de cohérence d’ordre un. Nous nous
limiterons à des champs classiques, mais la notion de champ quantique sera utilisée pour dis-
tinguer deux sources lumineuses ayant une même fonction de corrélation d’ordre un mais des
statistiques de photons complètement différentes.

I.4.1. Degré de cohérence du premier ordre g(1)

I.4.1.1. Définition en terme de visibilité des franges d’interférences

Pour introduire la fonction de corrélation d’ordre un, intéressons-nous à l’expérience des fentes
d’Young, comme présentée dans [Gerry 2012]. Nous considérons une source spatialement co-
hérente émettant une lumière monochromatique, passant à travers une paroi percée de deux
fentes. Nous regardons le champ résultant sur un écran à un temps t pouvant être écrit en
fonction des champs individuels des ondes passant à travers les deux fentes sources t1 et t2,
comme présenté sur la figure I.4.1. Nous avons alors :
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Source

Détecteur

Franges d’interférences

r1

r2

s1

s2

Figure I.4.1 – Schéma du principe de fonctionnement de l’expérience des fentes d’Young. La visibilité
des franges d’interférences fait intervenir la fonction de corrélation d’ordre un du champ électrique.

E(r, t) = K1E(r1, t1) +K2E(r2, t2), (I.4.1)

où E(ri, ti) sont des champs complexes sur l’écran arrivant de la fente i et les coefficients Ki

sont des facteurs géométriques dépendant des distances entre les fentes et l’écran. Nous nous
sommes placés dans l’approximation scalaire de lumière pour ne considérer qu’une composante
de polarisation. Nous négligeons, de plus, tout effet de diffraction due aux fentes. La lumière
émise par la source oscille plus rapidement que la bande-passante des meilleurs détecteurs
optiques, ces derniers ayant un long temps de réponse. Par conséquent, ils ne mesurent que des
grandeurs moyennées dans le temps. L’intensité mesurée par le détecteur s’écrit donc :

I(r, t) =
〈

|E(r, t)|2
〉

, (I.4.2)

où 〈· · ·〉 défini une moyenne temporelle :

〈f(t)〉 = lim
T →+∞

1

T

∫ T

0
dt f(t). (I.4.3)

Nous supposons la moyenne stationnaire et donc indépendante de l’origine des temps. Précisons
aussi que nous admettons l’hypothèse ergodique, et qu’à partir de maintenant la moyenne
temporelle équivaut à une moyenne d’ensemble. En appliquant une moyenne temporelle au
champ électrique (I.4.1), nous obtenons après calculs :

I(r) = |K1|2
〈

|E(r1, t1)|2
〉

+ |K2|2
〈

|E(r2, t2)|2
〉

+ 2 Re [K1
∗K2 〈E∗(r1, t1)E(r2, t2)〉] . (I.4.4)

Les deux premiers termes sont associés aux intensités des champs issus de chaque fente, alors
que le dernier est le terme d’interférences. Notons Ii = |Ki|2 〈|E(ri, ti)|2〉 et introduisons la
fonction de cohérence mutuelle d’ordre un g(1)(x1, x2) sous la forme :

g(1)(x1, x2) =
〈E∗(x1)E(x2)〉

√

〈|E(x1)|2〉 〈|E(x2)|2〉
, (I.4.5)
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où nous avons adopté la notation xi = (ri, ti). La relation (I.4.5) montre que la fonction de
corrélation d’ordre un du champ électrique n’est rien d’autre que sa fonction d’auto-corrélation.
Dans ce cas, l’intensité sur l’écran devient :

I(r) = I1 + I2 + 2
√

I1I2 Re
[

K1K2 g
(1)(x1, x2)

]

. (I.4.6)

Si l’on écrit Ki = |Ki| eiΨi et g(1)(x1, x2) = |g(1)(x1, x2)| eiΦ12, alors :

I(r) = I1 + I2 + 2
√

I1I2|g(1)(x1, x2)| cos(Φ12 − Ψ), (I.4.7)

où Ψ = Ψ1 −Ψ2 est la différence de phase due à la différence de chemin optique. Nous observons
finalement des interférences si |g(1)(x1, x2)| 6= 0. Nous discernons alors trois types de cohérence :

|g(1)(x1, x2)| = 1 Cohérence complète

0 < |g(1)(x1, x2)| < 1 Cohérence partielle (I.4.8)

|g(1)(x1, x2)| = 0 Cohérence incomplète.

La fonction de corrélation mutuelle d’ordre un peut aussi s’interpréter en terme de visibilité
des franges d’interférences. Si l’on note la visibilité V comme :

V =
Imax − Imin

Imax + Imin
, (I.4.9)

nous avons alors :

V =
2
√
I1I2|g(1)(x1, x2)|

I1 + I2
. (I.4.10)

Il est alors évident que le maximum de visibilité s’obtient pour une cohérence complète, alors
qu’elle est nulle pour une cohérence incomplète.

Notons enfin que la propriété de cohérence complète s’obtient quand le numérateur de la re-
lation (I.4.5) se factorise. Cette factorisation est un critère pour avoir une lumière ayant une
cohérence complète d’ordre un. De manière générale, les propriétés de cohérence d’ordre un
se mesure avec un interféromètre de Michelson, qui facilite l’étude de la visibilité des franges
d’interférences.

I.4.1.2. Cohérence d’ordre un pour différentes sources lumineuses

Maintenant que nous avons défini la fonction de cohérence d’ordre un, étudions quelques
exemples. Tout d’abord, regardons le cas d’une lumière parfaitement monochromatique de
fréquence ω, se propageant selon la direction z. C’est le cas, par exemple, d’un laser. Le champ
électrique s’écrit :

E(z, t) = E0 ei(kz−ωt). (I.4.11)

La fonction de cohérence d’ordre un établi en z mais à deux temps différents t et t+τ est alors :
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g(1)(x1, x2) = e−iωτ , (I.4.12)

et nous déduisons donc qu’un laser est complètement cohérent.

Cependant, une source parfaitement monochormatique est un cas idéal sans réalité expérimen-
tale. Considérons maintenant une source lumineuse dans laquelle l’élargissement collisionnel est
dominant sur l’élargissement Doppler, ce qui est le cas d’une lampe à décharge par exemple.
Cette source est composée d’un ensemble d’atomes émettant un rayonnement de fréquence ω0.
La lumière peut être assimilée à des trains d’ondes issus de chaque atome, jusqu’à ce qu’ils
subissent une collision. Les collisions sont suffisamment rapides pour qu’elles n’induisent pas de
changement de fréquence, la seule conséquence étant une discontinuité de la phase entre avant
et après la collision. Ces sauts de phase sont supposés décorrélés les uns des autres. Le champ
émis par un atome s’écrit de la forme :

E(t) = E0 e−i(ω0t−φ(t)). (I.4.13)

Entre deux collisions, la phase reste constante et change brusquement au moment d’un choc.
L’amplitude E0 et la fréquence ω0 restent constantes. Le champ total émis est donc la somme
des champs individuels de la forme (I.4.13), correspondant à chaque atome. En se plaçant de
nouveau dans l’approximation scalaire de la lumière, nous pouvons alors écrire l’expression du
champ électrique total produit par un très grand nombre N d’atomes :

E(t) = E1(t) + E2(t) + · · · + EN (t)

= E0 e−iω0t
N∑

j=1

eiφj(t). (I.4.14)

Nous pouvons maintenant calculer la fonction de corrélation d’ordre un d’une telle source
lumineuse. Nous obtenons, en omettant la dépendance spatiale :

〈E∗(t)E(t+ τ)〉 = E0
2 e−iω0τ

N∑

j=1

N∑

k=1

e−iφj(t)eiφk(t+τ). (I.4.15)

En tenant compte de la décorrélation de la phase au moment de la collision, la somme des
produits de termes de phase croisés s’annule. Il reste donc :

〈E∗(t)E(t+ τ)〉 = E0
2 e−iω0τ

N∑

j=1

ei(φj(t+τ)−φj(t))

= N 〈Ei
∗(t)Ei(t+ τ)〉 , (I.4.16)

les N atomes étant indépendant les uns des autres. La fonction de corrélation d’ordre un ne
dépend donc que des contributions individuelles des atomes de la source lumineuse. On peut
alors montrer [Loudon 2000] que :

g(1)(τ) = e−iω0τ e
−

|τ |
τ0 , (I.4.17)

avec τ0 le temps caractéristique de temps de vol entre deux collisions. Le même raisonnement
peut s’appliquer pour une lumière présentant un élargissement radiatif en plus des collisions.
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Dans ce cas, la fonction g(1) prend un compte un nouveau terme d’amortissement, rajoutant
une constante de temps au problème. Le résultat est alors identique à la relation (I.4.17),
à cela près que le temps caractéristique τ0 est remplacé par le temps de cohérence τc de la
source lumineuse. Le même calcul peut être fait pour une source présentant essentiellement un
élargissement Doppler. Dans ce cas, on montre que la fonction g(1) est gaussienne [Loudon 2000] :

g(1)(τ) = e−iω0τ e
− π

2
τ2

τc2 . (I.4.18)

Le théorème de Wiener-Khintchin (chapitre III, section III.1.3.2) relie l’auto-corrélation du
champ électrique d’une source à son spectre optique, en passant de l’un à l’autre par une
transformée de Fourier. Nous en déduisons alors que les spectres optiques des sources lumineuses
ayant les fonctions d’auto-corrélation (I.4.17) et (I.4.18) sont de forme lorentzien et gaussien,
respectivement. Ce type de lumière est qualifié de chaotique.

Précisons enfin que l’on peut exprimer la fonction g(1) seulement en fonction du délai temporel
τ entre deux points de l’espace. Nous avons alors g(1)(τ = 0) = 1 et la lumière reste cohérente
du premier ordre pour des délais τ ≪ τc. A l’inverse, on attend que le champ soit complètement
décorrélé aux temps longs, de sorte que g(1)(τ) → 0 pour τ ≫ τc.

I.4.2. Degré de cohérence du second ordre g(2)

Nous venons de voir que la fonction de corrélation d’ordre un peut être obtenue avec un dis-
positif expérimental de type fente d’Young. Elle sert à déterminer à quel point une source est
monochromatique, permettant un accès expérimental au temps de cohérence de la source lu-
mineuse. Cependant, nous n’obtenons aucune information sur les propriétés de la lumière. Le
fonction de cohérence d’ordre un ne peut être utilisée pour distinguer des sources lumineuses,
on parlera d’états, ayant un même spectre mais des distributions de photons radicalement diffé-
rentes. C’est le cas, par exemple, d’un laser (décrit en termes d’états cohérents) ou d’un champ
monomode. Le détail de la mesure de la fonction de corrélation d’ordre deux sera abordée au
chapitre II. La lumière est toujours supposée stationnaire et ses propriétés statistiques validant
l’hypothèse ergodique.

I.4.2.1. Définition et propriétés

Nous nous intéressons maintenant aux fluctuations temporelles de l’intensité émise par une
source lumineuse. Nous considérons le cas de la mesure à deux temps différents, à délai τ fixé.
Encore une fois, une seule composante de polarisation est prise en compte et nous travaillons à
un point fixe de l’espace. À l’instar de la définition de g(1)(τ), équation (I.4.5), la fonction de
corrélation d’ordre deux s’écrit :

g(2)(τ) =
〈E∗(t)E∗(t+ τ)E(t+ τ)E(t)〉

〈|E(t)|2〉2 =
〈I(t)I(t+ τ)〉

〈I(t)〉2 . (I.4.19)

Il est clair, d’après la définition précédente, que la fonction g(2) est symétrique : g(2)(−τ) =
g(2)(τ). Toutes les propriétés dérivées pour des délais positifs sont donc aussi valables pour les
délais négatifs. Ce sera le cas aussi pour les mesures expérimentales.

Le module de la fonction g(1) prend des valeurs entre zéro et l’unité. Pour les valeurs prises
par la fonction g(2), nous avons besoin d’avoir recours à l’inégalité de Cauchy, appliquée à deux
temps différents t1 et t2. Dans ce cas, les intensités mesurées correspondantes satisfont :
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2I(t1)I(t2) 6 I(t1)2 + I(t2)
2. (I.4.20)

Si l’on applique maintenant la même inégalité aux termes croisés correspondant à la mesure de
l’intensité en N moments différents, nous arrivons à, après moyennage :

〈I(t)〉2
6
〈

I(t)2
〉

. (I.4.21)

Nous en déduisons donc le degré de cohérence du second ordre vérifie :

g(2)(0) > 1. (I.4.22)

Notons qu’il n’est pas possible d’établir de borne supérieure à la valeur à délai nul de la fonction
g(2). Le même raisonnement peut être établit pour des délais non nuls. Premièrement, il est
évident que par positivité de l’intensité, nous avons g(2)(τ) > 0. Cependant, nous pouvons
montrer que g(2)(τ) doit satisfaire [Loudon 2000] :

g(2)(0) > g(2)(τ). (I.4.23)

Les valeurs prises par la fonction g(2) ne peuvent donc jamais être supérieures à celles prise à
délai nul. Notons que c’est une importante propriété de la lumière classique, qui sera explicitée
à la section suivante.

Mentionnons aussi qu’il est possible de définir de la même façon une fonction de corrélation croi-
sée de l’intensité entre deux détecteurs, sensible à deux modes spatiaux différents par exemple.
Dans ce cas, nous pouvons écrire :

gab
(2)(τ) =

〈Ia(t)Ib(t+ τ)〉
〈Ia(t)〉 〈Ib(t)〉

, (I.4.24)

où les indices a et b se réfèrent aux deux directions de détection considérées.

I.4.2.2. Relation de Siegert

En pratique, il est souvent plus aisé de mesurer des intensités que des champs. Nous aurons
donc tendance à accéder à la fonction g(2) au lieu de g(1). Trouver une relation directe entre
ces deux quantités n’est a priori pas facile, la première étant une corrélation à quatre champs,
et la dernière à deux. Néanmoins, dans le cas d’une lumière chaotique, une relation simple
est accessible. Cette relation est connue sous le nom de relation de Siegert, que nous allons
démontrer ici. Les détails peuvent être retrouvés dans [Loudon 2000].

Pour cela, considérons une lumière chaotique très générale dont les causes d’élargissements
sont à la fois dues aux collisions et à l’effet Doppler. La source est composée de N atomes, N
pouvant être très grand. Le champ électrique total est donc la contribution individuelle de tous
les émetteurs :

E(t) =
N∑

i=1

Ei(t). (I.4.25)

En appliquant la définition de la fonction de corrélation d’ordre deux, il vient en ne gardant
que les termes non nuls :
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〈E∗(t)E∗(t+ τ)E(t+ τ)E(t)〉 =
N∑

i=1

〈Ei
∗(t)Ei

∗(t+ τ)Ei(t+ τ)Ei(t)〉 +

∑

i6=j

(

〈Ei
∗(t)Ej

∗(t+ τ)Ej(t+ τ)Ei(t)〉 + 〈Ei
∗(t)Ej

∗(t+ τ)Ei(t+ τ)Ej(t)〉
)

. (I.4.26)

Comme chaque atome est indépendant, nous avons dans la limite où N ≫ 1 :

〈E∗(t)E∗(t+ τ)E(t+ τ)E(t)〉 = N2
(

〈Ei
∗(t)Ei(t)〉2 + |Ei

∗(t)Ei(t+ τ)|2
)

. (I.4.27)

En normalisant correctement, nous obtenons finalement g(2)(τ)

g(2)(τ) = 1 + |g(1)(τ)|2. (I.4.28)

Cette dernière relation est connue sous le nom de relation de Siegert, et a été établie ici pour
une lumière parfaitement cohérente spatialement. Dans le cas inverse, la relation de Siegert est
un peu modifiée, selon :

g(2)(τ) = 1 + β|g(1)(τ)|2. (I.4.29)

Le facteur β prend en compte le nombre de modes spatiaux et de polarisation détectés. Il
est relié à la longueur de cohérence spatiale de la source, la condition de cohérence spatiale
maximale se traduisant par β = 1.

Nous en déduisons alors une propiéte importante. Pour des délais nuls, nous avons quelque soit
le type de lumière chaotique :

g(2)(0) = 2. (I.4.30)

L’interprétation de cette propriété est simplifiée si l’on adopte le point de vue corpusculaire de
la lumière. On ne la décrit donc plus en terme d’intensité mais en utilisant la notion de photons.
Dans ce cas, la fonction de corrélation de l’intensité s’écrit :

g(2)(τ) =
〈n(t)n(t+ τ)〉

〈n(t)〉2 , (I.4.31)

où n(t) est le nombre de coups enregistrés sur le détecteur à l’instant t. Dans ce cas, la rela-
tion (I.4.30) implique que la probabilité de détecter deux photons successif à des temps très
courts est plus grande qu’à des temps longs. Les photons ont tendance à se regrouper. Nous
parlons dans ce cas de groupement de photons (photon bunching), connu aussi sous le nom
d’effet Hanbury Brown et Twiss [Hanbury Brown 1956b]. Pour des délais très grands devant le
temps de cohérence τc, la fonction g(2) tend alors vers un. La raison est simple. Cela traduit
la décorrélation complète des intensités pour τ ≫ τc : la mémoire de la détection du premier
photon est perdue pour des délais suffisamment longs.

À titre d’exemple, la fonction g(1) pour une lumière subissant un élargissement Doppler est
gaussienne, équation (I.4.18). Sa fonction de corrélation de l’intensité est donc aussi gaussienne,
et nous obtenons :

g(2)(τ) = 1 + e
−π τ2

τc2 . (I.4.32)
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Figure I.4.2 – Fonctions de corrélation de l’intensité g(2) pour des lumières chaotiques ayant des
spectres gaussien (ligne noire) et lorentzien (en gris) avec un même temps de cohérence τc. À titre de
comparaison, la ligne rouge est la fonction g(2) obtenue pour un laser.

En définitive, la seule connaissance du spectre optique d’une source est nécessaire pour remonter
à g(2)(τ). Pour un laser, nous avons g(2)(τ) = 1. Précisons que dans ce cas précis, la relation de
Siegert n’est pas vérifiée. La figure I.4.2 montre les fonction de corrélation de l’intensité pour
les différents types de lumières chaotiques, ayant le même temps de cohérence, et pour un laser.

I.4.3. Fonction de corrélation d’ordre deux et statistique de photons

Nous abordons maintenant le lien entre la fonction g(2) et la statistique de photons. Pour
l’établir de manière rigoureuse, il est nécessaire d’avoir recours au formalisme de la mécanique
quantique et de faire appel à la quantification du champ électromagnétique. C’est hors du cadre
de cette thèse. Néanmoins, nous donnons la forme quantique de la fonction g(2) pour un champ
monomode, ce qui nous permettra par la suite de discuter la nature de la lumière en fonction
de sa statistique. Pour un tel champ, g(2)(τ) s’écrit [Gerry 2012] :

g(2)(τ) = 1 +
〈(∆n̂)2〉 − 〈n̂〉

〈n̂〉2 , (I.4.33)

où 〈n̂〉 et (∆n̂)2 sont, respectivement, la valeur moyenne et la variance de l’opérateur nombre,
comptant le nombre de photons dans un mode n particulier. La relation précédente est indé-
pendante de τ . Pour avoir un effet de décorrélation, il faut prendre en compte plusieurs modes.
Dans la suite, nous présentons quelques statistiques de photons pour des lumières particulières,
et nous donnerons un critère quant à la nature classique ou quantique de la lumière.

I.4.3.1. Lumière cohérente : statistique de Poisson

Le premier cas que nous considérons est celle d’une lumière parfaitement cohérente, comme celui
issue d’un laser vu précédemment à l’équation I.4.11. Nous n’avons qu’un seul mode, défini par
sa fréquence ω et sa direction de propagation. Il n’y a aucune fluctuation de l’intensité et le flux
moyen de photon reste identique à chaque instant. Nous pouvons montrer que la statistique
d’une telle lumière suit une loi de Poisson. Pour cela, nous pouvons considérer un segment de
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faisceau de longueur L dont le nombre moyen de photons à l’intérieur est 〈n〉 = ΦL
c

, Φ étant
le flux de photons. Prenons L assez grand pour que 〈n〉 prenne une valeur entière appréciable.
Nous divisons ensuite le segment en N parties identiques, avec N assez grand pour que la
probabilité p = 〈n〉

N
de trouver un unique photon dans n’importe quel segment soit petite et que

la probabilité d’en avoir plus soit complètement négligeable. Nous cherchons donc la probabilité
P(n) d’avoir n photons dans un segment de longueur L divisé en N plus petits segments. La
solution est obtenue en calculant la probabilité d’avoir n petits segments contenant un photon
et N −n n’en renfermant aucun, quelque soit l’ordre. La probabilité correspondante est donnée
par la distribution binomiale :

P(n) =
N !

n!(N − n)!

(

〈n〉
N

)n (

1 − 〈n〉
N

)N−n

. (I.4.34)

Dans la limite où N → +∞, nous en déduisons que la statistique des photons d’une lumière
parfaitement cohérente est donnée par la distribution :

P(n) =
〈n〉n

n!
e−〈n〉, (I.4.35)

qui est une distribution de Poisson. Elle est caractérisée de manière unique par la seule donnée
de sa valeur moyenne 〈n〉. En effet, on peut montrer que la variance est donnée par (∆n)2 = 〈n〉.
En injectant ce résultat dans la relation I.4.33, nous obtenons immédiatement que g(2)(τ) = 1
pour un laser. L’obtention d’une fonction de corrélation identiquement égale à un est donc une
signature d’une statistique des photons suivant une loi de Poisson. Notons que d’un point de
vue quantique, la lumière d’un laser peut être modélisée en bonne approximation par des états
cohérents. On montre que ces états suivent, évidemment, une loi de Poisson [Loudon 2000].

I.4.3.2. Rayonnement du corps noir : statistique de Bose-Einstein

Un autre exemple est celui de la distribution de Bose-Einstein, décrivant le rayonnement émis
par un corps noir. En tenant compte de la quantification des échanges d’énergie entre la lumière
et la matière et par un raisonnement de physique statistique, il est possible d’établir la loi de
Planck donnant la densité spectrale d’énergie émise par un corps noir à la température T dans
un gamme spectrale large de dω :

ρ(ω,T) = ~ω
ω2

π2c3

1

exp(~ω/kBT) − 1
dω. (I.4.36)

Le premier facteur correspond à l’énergie d’un photon dans un mode de fréquence ω (l’énergie
du mode correspondant étant En = ~ω[n + 1

2
]), le second à la densité d’état et le dernier au

nombre d’occupation du mode, que nous noterons n̄.

Nous pouvons écrire la probabilité Pω(n) de trouver n photons dans le mode de fréquence ω en
utilisant la loi de Boltzmann :

Pω(n) =
exp(−En/kBT)

∑∞
n=0 exp(−En/kBT)

. (I.4.37)

En poursuivant les calculs, nous obtenons la probabilité désirée :
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Groupement de photons : g(2)(0) > 1

Lumière cohérente : g(2)(0) = 1

Dégroupement de photons : g(2)(0) < 1

Figure I.4.3 – Comparaison des temps d’arrivée des photons mesurés sur les détecteurs dans le cas
d’un groupement de photons, de la lumière cohérente et d’un dégroupement de photons, de haut en
bas.

Pω(n) =
1

〈n〉 + 1

(

〈n〉
〈n〉 + 1

)n

. (I.4.38)

Cette loi statistique est appelée distribution de Bose-Einstein. Elle est caractérisée par sa valeur
moyenne 〈n〉 et sa variance (∆n)2 = 〈n〉 + 〈n〉2. Nous en déduisons que la variance d’une distri-
bution de Bose-Einstein est toujours supérieure à celle d’une distribution de Poisson de même
moyenne. Cette observation montre qu’une lumière thermique présente, de manière évidente,
plus de fluctuations qu’une lumière cohérente. En terme de fonction de corrélation d’intensité,
nous obtenons g(2)(τ) = 2 en appliquant la relation (I.4.33), quelque soit τ . Il est important de
noter que la distribution de Bose-Einstein ne s’applique qu’à un seul mode du champ électroma-
gnétique. Cependant, la lumière émise par le corps noir est très multimode et donc son spectre
d’émission est continu. On se retrouve donc avec une lumière chaotique et nous obtenons bien
la décroissance de la fonction g(2) à grand délai. L’obtention de g(2)(0) = 2 est une signature
d’une distribution de photons suivant une loi statistique de Bose-Einstein.

I.4.3.3. Classification de la lumière

Dans les deux sections précédentes, nous avons étudié deux types de lumière différentes ayant
des distributions de photons bien distinctes. Il apparaît alors évident que l’on peut utiliser la
fonction g(2) comme une mesure directe de la statistique des photons. Plus particulièrement,
l’étude de la valeur de g(2)(0) nous informe directement de cette distribution statistique a via
la relation (I.4.33). Nous avons vu qu’une lumière parfaitement cohérente correspond à la
lumière la plus stable que l’on puisse imaginer. On peut donc s’en servir comme référence
pour classifier les différents types de lumière, en fonction de l’écart-type du nombre de photons.
Nous distinguons alors trois possibilités :

— statistique sur-poissonienne : ∆n >
√
n ⇔ g(2)(0) > 1,

— statistique poissonienne : ∆n =
√
n ⇔ g(2)(0) = 1,

— statistique sous-poissonienne : ∆n <
√
n ⇔ g(2)(0) < 1.

Le cas poissonien est celui de la lumière issue d’un laser, où nous avons g(2)(τ) = 1. Cela
signifie que la probabilité de détecter un nouveau photon après un premier coup sur le détecteur
est la même pour toutes les valeurs du délai τ . Cette assertion s’interprète donc comme une
conséquence du caractère aléatoire de la répartition des photons dans un rayon laser. Ce sont
les temps d’arrivée des photons qui sont décorrélés, et non pas les photons eux-mêmes.

Nous avons déjà rencontré des lumières sur-poissoniennes en étudiant la lumière chaotique où
nous avons observé des fluctuations d’intensité plus importantes que dans le cas d’un laser. Tous

a. Nous le verrons cette affirmation nécessite d’étudier l’intensité émise par la source de lumière à l’intérieur
d’un seul grain de speckle. Cela requiert donc une parfaite cohérence spatiale.
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Figure I.4.4 – Fonctions de corrélation de l’intensité g(2) pour des lumières présentant une statistique
sous-poissonienne, définie par g(2)(0) < 1, mais seule celle la courbe noire présente un dégroupement de
photons, impliquant g(2)(0) < g(2)(τ). À l’inverse, la courbe grise montre du groupement de photons.
Dans tous les cas, on ne permet pas de décrire la lumière de manière classique, il faut prendre en
compte la quantification du champ électromagnétique.

les faisceaux lumineux classiques dont l’intensité varie dans le temps sont décrits par une telle
distribution de photons. Comme g(2)(0) > 1, une autre possibilité de décrire une telle lumière
est de parler de groupement de photons. Les photons ont tendance à se regrouper, impliquant
que la probabilité de détecter un nouveau photon après un premier clic sur le détecteur à τ = 0
est beaucoup plus grande aux temps courts qu’aux temps longs. Il vient donc, comme nous
l’avons déjà vu, que g(2)(0) > g(2)(τ). Une lumière présentant ces caractéristiques peut être
décrite en des termes classiques.

À l’inverse, nous parlons d’une lumière présentant un dégroupement de photons (photon an-
tibunching) quand g(2)(0) < g(2)(τ). Les photons ont tendance à arriver séparément dans le
temps, ces intervalles étant réguliers et non plus aléatoires, comme illustré sur la figure I.4.3.
Il en découle que le délai entre deux détections est relativement long. De ce fait, la probabilité
de détecter un deuxième photon est faible pour des petits délais mais augmente avec τ . Dans
ce cas précis, nous avons en plus que g(2)(0) < 1. Cette propriété, synonyme de lumière sous-
poissonienne, montre que la fonction g(2) peut prendre des valeurs interdites et traduit la non
application de l’inégalité de Cauchy. De fait, l’observation expérimentale d’un dégroupement de
photons est une signature directe de la nature quantique de la lumière, sans aucun équivalent
classique. Plus généralement, une lumière présentant des fluctuations sous-poissoniennes est
qualifiée de quantique. Elle présente moins de fluctuations qu’une lumière parfaitement cohé-
rente. Il est important de bien noter que les conditions pour avoir un dégroupement de photons
(g(2)(0) < g(2)(τ)) et de lumière sous-poissonienne (g(2)(0) < 1) ne sont pas équivalentes, comme
il l’a été montré dans [Zou 1990]. Ce sont donc deux phénomènes bien distincts, comme illustré
sur la figure I.4.4.

I.5. Quelques exemples d’applications

Dans cette section, nous exploitons l’outil des fonctions de corrélations du champ électrique
pour l’appliquer à deux cas précis. Dans un premier temps, nous essayons de mettre en évi-
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dence les propriétés de cohérence spatiale et temporelle d’un laser aléatoire. Nous montrons,
en particulier, que la lumière émise par un tel laser fonctionnant au-dessus du seuil suit une
statistique de Poisson, retrouvée dans la lumière issue d’autres sources lasers conventionnelles.
Enfin, nous nous tournons vers l’analyse des fluctuations temporelles de la lumière provenant
d’un milieu désordonné et démontrons que son analyse peut donner lieu à une étude approfondie
du mouvement des diffuseurs constituant le système.

I.5.1. Propriétés de cohérence d’un laser aléatoire

Les différences conceptuelles entre un laser conventionnel et un laser aléatoire sont nombreuses,
la principale étant que l’absence de cavité optique ne permet pas une sélection modale très
fine. La question de la cohérence, tant temporelle que spatiale, d’une telle lumière est alors
légitime. L’utilisation des fonctions de corélations du champ électrique peut aider à apporter
des éléments de réponse.

Cohérence temporelle et statistique des photons de la lumière émise par un laser aléatoire

La laser est un type de lumière présentant une très grande cohérence temporelle. C’est une
source idéalement parfaitement monochromatique dont les fluctuations d’intensité sont limitées
par le bruit de grenaille photonique. En effet, la fonction g(2) pour un laser est plate et égale
à l’unité. Nous rappelons que ce comportement est dû à la statistique de Poisson décrivant la
lumière issue d’une telle source [Loudon 2000]. Nous avons vu que l’étude de la valeur en τ = 0
nous renseigne sur la statistique de la lumière analysée, caractérisée par la distribution D(n)
des photons, suivant la relation (valide pour un champ monomode) [Gerry 2012] :

g(2)(0) = 1 +
(∆n)2 − 〈n〉

〈n〉2 , (I.5.1)

avec 〈n〉 et (∆n)2 la moyenne et la variance, respectivement, de D(n). La comparaison des
valeurs prises en zéro par la fonction g(2) est donc un bon indicateur du degré de cohérence
d’une lumière : pour une lumière totalement cohérente g(2)(0) = 1 et pour une lumière chaotique
g(2)(0) = 2.

Des études théoriques prédisent qu’un laser aléatoire au-dessus de son seuil doit émettre une
lumière cohérente dont la statistique suit une loi de Poisson [Florescu 2004]. Ce résultat semble
bien correspondre à ce qui a été observé quelques années auparavant sur une poudre semi-
conductrice de ZnO pompée optiquement de manière pulsée [Cao 2001]. La lumière émise est
collectée pour être étudiée au moyen d’un spectromètre couplé à une caméra. En s’assurant
d’observer un seul mode du champ électromagnétique, il est possible de compter le nombre de
photons par mode et donc de reconstruire la distribution D(n). La figure I.5.1 montre l’évolu-
tion de g(2)(0) = G2 en fonction de l’intensité du pompage optique normalisée par l’intensité
mesurée pour atteindre le seuil du laser aléatoire. Les auteurs ont montré que la statistique de
la lumière émise proche du seuil se rapproche de celle de Bose-Einstein et tend vers une statis-
tique de Poisson au-dessus. Ces résultats suggèrent que la lumière issue d’un laser aléatoire est
effectivement cohérente. Il est, cependant, important de nuancer ces résultats. En effet, ils ont
été obtenus en mesurant les corrélations entre des photons issus de plusieurs impulsions lumi-
neuses différentes. Pour obtenir une signature claire de la statistique de Poisson des photons
d’un laser aléatoire, il est nécessaire de corréler les photons d’une seule impulsion. Précisons
enfin que l’obtention de g(2)(0) ne donne des informations que sur la statistique de photons,
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Figure I.5.1 – Mesure de la valeur de G2 = g(2)(0) pour une lumière émise par une poudre semi-
conductrice en fonction de l’intensité du pompage optique, permettant de remonter à la statistique
de photons du rayonnement diffusé. La valeur G2 = 2 est caractéristique d’une distribution de Bose-
Einstein décrivant une lumière chaotique alors que G2 = 1 vaut pour une statistique de Poisson
modélisant la lumière émise par un laser. Image issue de [Cao 2001].

mais ne fournit aucun accès au temps de cohérence de la source lumineuse, possible avec la
mesure de g(2)(τ).

L’étude de la cohérence temporelle d’un laser aléatoire est rendue compliquée par la nécessité
d’isoler un seul mode du champ électromagnétique. Au moyen d’une cavité chaotique remplie
d’un colorant (faisant office de milieu amplificateur), il a été montré dans [Patra 2002] que la
lumière issue du laser aléatoire fluctue plus que celle d’un laser conventionnel. Cet excès de
bruit peut être relié à une compétition de modes. En effet, ce bruit est dû au recouvrement
des modes émis par la source au-dessus du seuil. Si un seul mode existe alors l’émission est
cohérente. Au contraire, si plusieurs modes coexistent, le degré de cohérence diminue. La mesure
de la cohérence temporelle d’un laser aléatoire dépend donc énormément du nombre de modes
détectés.

Cohérence spatiale

La cohérence spatiale est reliée à l’étendue spatiale d’une source lumineuse. Une source ponc-
tuelle a alors une cohérence spatiale maximale et cette dernière va décroître dès qu’elle com-
mence à s’étendre. De ce fait, la cohérence spatiale d’un laser aléatoire est supposée plus faible
que celle d’un laser standard [van Soest 2002]. Cette différence majeure conduit à des applica-
tions d’un laser aléatoire, comme des mesures nécessitant une lumière faiblement spatialement
cohérente.

Plusieurs expériences cherchent à analyser la cohérence spatiale d’un laser aléatoire. Par exemple,
il est possible de mettre en place un mesure de type fentes d’Young pour l’étudier [Red-
ding 2011]. Les auteurs ont regardé les effets du libre parcours moyen, du volume d’excitation ou
de l’intensité du pompage sur la cohérence spatiale. Pour quantifier plus en détails la cohérence
spatiale, nous avons recours à la fonction de cohérence mutuelle définie à la section I.4.1 :
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g(1)(x1, x2) =
〈E∗(x1)E(x2)〉

√

〈|E(x1)|2〉 〈|E(x2)|2〉
, (I.5.2)

où E(xi) est le champ électrique issu de la fente i. Le champ électrique, mesuré sur un écran en
aval des fentes, s’écrit en faisant apparaître un terme d’interférences. La visibilité des franges
d’interférences dépends de la fonction de cohérence mutuelle. Donc sa mesure revient à quantifier
directement la cohérence spatiale d’une source lumineuse, a fortiori un laser aléatoire. Les
auteurs ont notamment montré que la visibilité croit quand le libre parcours moyen diminue,
donc quand la diffusion augmente. A l’inverse, quand le volume d’excitation (à pompage fixé)
augmente, la visibilité se dégrade.

Combiné à des mesures utilisant un interféromètre de Michelson, il est possible d’étudier à la
fois les cohérences spatiale et temporelle [Ismail 2014], et d’observer le seuil de l’émission du
laser aléatoire en étudiant la visibilité des franges en fonction de l’énergie du pompage [Papada-
kis 2007]. Il a été mesuré que la visibilité augmente brusquement quand le pompage dépasse le
seuil. Cependant, même si ces mesures suggèrent une hausse de la cohérence spatiale au-dessus,
celle-ci reste plus faible que pour un laser standard.

I.5.2. Diffusion dynamique de la lumière : les corrélations d’intensité pour
sonder le mouvement des diffuseurs

Nous passons maintenant à l’étude de la diffusion dynamique de la lumière, aussi appelée
spectroscopie des ondes diffuses. Cette théorie permet de relier les fluctuations temporelles
de l’intensité diffuse en régime de diffusion multiple à la dynamique des diffuseurs dans une
matrice. Par l’étude du comportement temporel de la fonction d’auto-corrélation du champ
électrique diffusé, nous pouvons sonder le mouvement des diffuseurs sur de petites distances
pouvant être plus faibles que la longueur d’onde. Une présentation détaillée de cette théorie
peut se trouver dans [Maret 1987,Pine 1988,Pine 1990b].

I.5.2.1. Spectroscopie par ondes diffuses

Un rayon lumineux envoyé dans un milieu désordonné va subir un certain nombre d’évènements
de diffusion. Si l’on place un écran à l’extérieur et que l’on y observe l’intensité diffuse, nous
voyons apparaître une modulation spatiale de l’intensité pouvant être très intense. Celle-ci
est connue sous le nom de figure de tavelures b. Cette modulation est due à l’addition des
champs électriques ayant subis des déphasages aléatoires à chaque diffusion. Précisons que
cette caractéristique ne se retrouve pas seulement en optique mais aussi dans n’importe quelle
situation où de la diffusion apparaît et pouvant être décrite d’un point de vue ondulatoire (le
mouvement des électrons dans un conducteur par exemple). Si les diffuseurs dans le milieu sont
au repos, nous n’observons aucune fluctuation d’intensité sur l’écran, la figure de speckle est dite
stationnaire. À l’inverse, si les diffuseurs sont en mouvement, les tavelures vont aussi évoluer
dans le temps et nous allons voir l’intensité modulée spatialement sur l’écran. Intuitivement,
on peut relier les fluctuations de l’intensité diffuse à la dynamique des diffuseurs, le temps de
propagation de la lumière étant bien supérieur à celui de leur mouvement. Il apparaît donc
évident que l’étude des fluctuations temporelles de l’intensité diffuse apporte des informations
sur les diffuseurs dans un milieu désordonné.

b. Nous utilisons plus souvent l’anglicisme speckle pour faire référence aux motifs observés sur l’écran.
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Figure I.5.2 – Configurations expérimentales pour implémenter la technique de diffusion dynamique
de la lumière.

Suivant le régime de diffusion de la lumière, deux théories existent. La première s’applique
au régime de diffusion simple et s’appelle diffusion quasi-élastique de la lumière (QELS pour
Quasi-Elastic Light Scattering) [Clark 1970, Berne 1976]. La présence d’un seul évènement de
diffusion rend possible la détermination de l’angle de diffusion ainsi que la polarisation de
l’onde diffusée. La connaissance de cet angle ainsi que la longueur d’onde de la lumière fixe
l’échelle de longueur maximale sur laquelle le mouvement des diffuseurs est étudié. Cependant,
aucune information ne peut être obtenue dans le régime de diffusion multiple. Pour cela, on
peut tenir compte du transport diffusif de la lumière dans un milieu désordonné. La théorie
qui en découle s’appelle la diffusion dynamique de la lumière (abrégée DWS pour Diffusing
wave spectroscopy) [Maret 1987, Pine 1988]. Le but est d’étudier les fluctuations temporelles
de la fonction d’auto-corrélation du champ électrique diffusé et d’en tirer des informations sur
la dynamique des diffuseurs, ce qui est l’objet de la section suivante. La DWS permet une
sensitivité accrue au mouvement des diffuseurs. Pour que la figure de speckle soit notablement
modifiée, il faut qu’un diffuseur augmente le trajet de la lumière dans le milieu de, au moins, une
longueur d’onde optique. Cela impose, en régime de diffusion simple, que la particule diffusante
parcourt cette même distance. En revanche, dans le régime de diffusion multiple, la dépendance
temporelle des fluctuations est due à l’effet cumulatif des différents évènements de diffusion.
Le temps caractéristique de la fonction d’auto-corrélation est donc beaucoup plus rapide qu’en
diffusion simple. De fait, le mouvement des diffuseurs est sondé sur des échelles pouvant être
bien plus faibles que la longueur d’onde optique.

Deux configurations expérimentales peuvent être mises en place pour mesurer la fonction d’auto-
corrélation du champ diffusé, que ce soit en transmission ou vers l’arrière, figure I.5.2. Dans
tous les cas, la géométrie la plus simple à laquelle nous pouvons penser est un milieu d’épaisseur
L et d’extension infinie dans le plan transverse. Plaçons tout d’abord le détecteur vers l’avant.
Cela introduit, de fait, une longueur caractéristique puisque les photons qui subissent une
marche aléatoire doivent s’extraire du milieu avant d’atteindre l’appareil de mesure. Il est alors
possible de sonder le mouvement des diffuseurs sur des distances pouvant être bien plus petites
que la longueur d’onde grâce à l’addition des longueurs de chemin parcouru. Un des avantages
de cette géométrie est le contrôle expérimental direct de la longueur caractéristique mesurée
avec la DWS seulement en variant l’épaisseur du système. En d’autres termes, la modification
de l’épaisseur optique de l’échantillon permet de changer l’échelle de temps caractéristique de
l’auto-corrélation du champ accessible avec les techniques de diffusion dynamique de la lumière.
La seconde configuration expérimentale consiste à mesurer la lumière diffusée vers l’arrière, donc
du même côté que la face d’incidence du laser. Contrairement à la transmission, aucune longueur
caractéristique n’est sélectionnée ici. En effet, toutes les longueurs de chemin contribuent à la
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rétro-diffusion : les petits nombres d’évènements de diffusion sont prépondérants pour décrire le
retour de la lumière vers l’arrière (donc à petits délais) mais une partie substantielle de lumière
est aussi détectée à des temps plus longs dûs à la diffusion multiple. Il y a donc une concentration
plus importante d’échelles de temps dans la mesure de l’auto-corrélation du champ diffusé.
Cette propriété peut être particulièrement intéressante pour exploiter la dynamique de systèmes
interagissants pouvant contenir différents temps caractéristiques associés au mouvement des
diffuseurs sur différentes échelles de temps. Cette technique de spectroscopie des ondes diffuses
peut avoir des applications dans beaucoup de domaines différents. Entre autres, nous pouvons
citer la détermination de la taille des diffuseurs [Pine 1990b,Rega 2001,Scheffold 2002], l’étude
des interactions hydrodynamiques entre eux et un fluide les entourant [Fraden 1990,Weitz 1993],
l’analyse de dynamique microscopique ou alors des applications médicales [Durduran 2004,
Ninck 2010].

Deux types d’expérience peuvent être implémentées pour mesurer les fonctions de corrélation
g(2) et g(1), respectivement. Pour la première, nous parlons de mesure homodyne. L’idée est
de mesurer directement la lumière à analyser avec un photodétecteur. Le signal émis par le
détecteur est ensuite envoyé à un autocorrélateur (pour une mesure dans le domaine temporel)
ou un analyseur de spectre (pour être dans le domaine spectral). Par exemple, en sortie de
l’autocorrélateur, nous obtenons une grandeur proportionnelle à g(2)(τ). Pour le second type
d’expérience, la détection hétérodyne, le principe consiste à faire interférer la lumière diffusée
à analyser avec un signal de référence, que l’on appelle oscillateur local, plus puissant et décalé
en fréquence. De même, ce signal interférentiel peut être envoyé soit dans un corrélateur soit
à un analyseur de spectre. Dans le domaine temporel, on peut montrer que le résultat de la
mesure est proportionnel à la fonction de corrélation du champ électrique g(1). Nous détaillerons
ces méthodes expérimentales au chapitre suivant. Rappelons que l’utilisation de la relation de
Siegert (I.4.28) permet de déduire g(1)(τ) à partir de g(2)(τ) et vice versa.

I.5.2.2. Calcul de la fonction de corrélation d’ordre deux en diffusion multiple

En régime de diffusion multiple, la lumière diffusée présente beaucoup de fluctuations tem-
porelles. En effet, nous observons une figure de speckle qui fluctue à cause du mouvement des
diffuseurs. Dans une telle expérience, on mesure les variations temporelles de l’intensité diffusée
dans une direction donnée et il va être possible de relier la dépendance temporelle de ces fluctua-
tions aux paramètres contrôlant la dynamique du milieu. Si les diffuseurs sont immergés dans
un liquide, ce qui est usuellement le cas dans les expériences de diffusion dynamique de la lu-
mière, les variations temporelles sont à relier au coefficient de diffusion des particules diffusantes
dans ce liquide. Nous démontrons ici l’expression de la fonction de corrélation de l’intensité en
diffusion multiple, les détails de la démonstration sont à retrouver dans [Maret 1987,Pine 1988].

Considérons un ensemble de particules diffusantes. Au temps t = 0, une d’elles se trouvant à la
position r(0) diffuse une onde incidente de vecteur d’onde ki. L’onde diffusée dans la direction
kd aura une phase Φ donnée par :

Φ = q·r(0), (I.5.3)

où q = kd−ki est le vecteur de diffusion. Si au bout d’un certain temps la particule s’est déplacée
en r(t), la phase de l’onde diffusée sera donc Φ = q·r(t). Dans ce cas, du fait du mouvement
d’un diffuseur au cours du temps, la différence de phase entre les deux ondes diffusées est alors
∆Φ(t) = q·(r(t) − r(0). Le mouvement d’un diffuseur induit donc un déphasage. Si on étudie
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une séquence de n évènements de diffusion en des points r1, · · · , rn, avec un vecteur de diffusion
qi = ki − ki+1, le déphasage accumulé au temps τ est alors :

∆Φ(τ) =
n∑

i=1

qi·∆ri(τ), (I.5.4)

avec ∆ri(τ) = ri(τ) − r(0). Le champ électrique correspondant à cette séquence de diffusion
s’écrit :

E(n)(τ) = E(n)(0) ei∆Φ(τ), (I.5.5)

dont nous déduisons la fonction de corrélation non normalisée d’ordre 1 :

G(n)
(1)(τ) =

〈

I(n)(0) ei∆Φ(τ)
〉

. (I.5.6)

Si l’on suppose que les séquences de diffusion sont indépendantes les unes des autres, on peut
donc sommer de manière incohérente les intensités. Dans ce cas, le terme I(n)(0) peut se réécrire
comme I0 P(n), où P(n) est la fraction de l’énergie incidente qui a subi n événements de diffusion.
En d’autres termes, c’est la distribution du nombre de photons ayant subis n diffusions. La
fonction de corrélation devient donc :

G(n)
(1)(τ) = I0 P(n)

〈

ei∆Φ(τ)
〉

. (I.5.7)

Pour poursuivre le calcul, il reste à déterminer la moyenne de l’exponentielle dans la relation
précédente. Pour cela, nous avons recours à des hypothèses. Premièrement, nous supposons que
la différence de phase suit un processus gaussien. De plus, la cadre de la DWS est la diffusion
multiple de la lumière. Nous devons donc traiter un grand nombre d’événements de diffusion,
tous décorrélés les uns des autres. Il est donc aisé d’obtenir une expression sur la moyenne
du vecteur de diffusion, en prenant en compte la longueur de transport de la lumière dans
l’échantillon ℓtr. Enfin, nous traitons le cas de diffuseurs immergés dans un liquide. Le loi de
déplacement des particules diffusantes s’exprime en fonction de leur coefficient de diffusion DB

dans ce fluide. En combinant ces trois approximations, nous obtenons finalement :

G(n)
(1)(τ) = I0 P(n) exp

(

−2
τ

τ0

ℓsc

ℓtr
n

)

, (I.5.8)

où l’on a défini un temps caractéristique de la diffusion brownienne τ0 = (DBk
2)−1. Précisons que

les deux longueurs caractéristiques ℓsc et ℓtr se rapportent toutes deux à la lumière. On obtient
finalement la fonction de corrélation d’ordre un totale en sommant sur tous les événements de
diffusion :

G(1)(τ) = I0

+∞∑

n=1

P(n) exp

(

−2
τ

τ0

ℓsc

ℓtr

n

)

. (I.5.9)

Plutôt que de manipuler cette relation, on a tendance à passer à la limite continue. Pour
cela, on introduit un changement de variable pour faire apparaître la longueur d’une séquence
de diffusion s = nℓsc à la place du nombre d’événements de diffusion. On obtient alors la
probabilité P(s)ds d’avoir un photon parcourant une longueur s dans le milieu. La somme est
donc transformée en intégrale, d’où :
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G(1)(τ) = I0

∫ +∞

0
dsP(s) exp

(

−2
τ

τ0

s

ℓtr

)

. (I.5.10)

L’expression (I.5.10) est un des résultats majeurs de la théorie de la DWS, introduite pour la
première fois dans [Maret 1987], et est à la base des techniques de diffusion dynamique de la
lumière. La fonction de corrélation d’ordre deux s’obtient grâce à la relation de Siegert (I.4.28).
Elle montre que si un photon parcourt un chemin de longueur s alors la fonction G(1) décroit
d’un facteur exp(−2τ/τ0). Le temps de décroissance dépend donc très fortement de la distance
parcourue par le photon dans le milieu entre deux diffusions. Les longs chemins correspondent
au cumul de plusieurs événements de diffusion. Une particule diffusante peut donc se mouvoir
sur une petite distance pour que la longueur totale du trajet soit modifiée d’une longueur d’onde.
Cette décroissance s’effectue en un temps relativement court. Au contraire, les chemins courts
sont dûs à un petit nombre de diffusion. Chaque particule doit donc bouger assez pour que
la distance totale soit de l’ordre de la longueur d’onde optique, résultant en une décroissance
plus lente de la fonction g(2). Par ailleurs, l’évaluation précise de cette décroissance dépend
de la distribution P(s), toute la difficulté du problème résidant dans la détermination de cette
fonction. Celle-ci dépend des propriétés physique du milieu où se passe le transport de la lumière
ainsi que de sa géométrie. De fait, il devient compliqué d’en obtenir une expression analytique,
possible dans le cas du milieu semi-infini ou sous forme de couche. Le recours a des simulations
numériques peut s’avérer nécessaire pour étudier l’expression intégrale de la DWS.

L’étude de la dépendance temporelle de la fonction g(2) en diffusion multiple peut donc nous
renseigner sur la dynamique des diffuseurs. Plus les délais sont petits, plus le déplacement sondé
est petit. Nous verrons au chapitre suivant les différents montages expérimentaux pour étudier
la diffusion dynamique de la lumière.
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Chap II - Fonctions de corrélation de l’intensité de la lumière diffusée par

un nuage d’atomes froids : expériences

Dans ce chapitre, nous abordons les techniques expérimentales pour détecter les corrélations
d’intensité dans les domaines temporel ou spectral. Nous commencerons par détailler le principe
de la détection homodyne en utilisant l’exemple de l’expérience de Hanbury Brown et Twiss
pour la mesure du diamètre angulaire des étoiles. Nous verrons, ensuite, le fonctionnement de
la détection hétérodyne. Dans ces deux cas, nous étudierons les implémentations sur des ex-
périences d’atomes froids. Dans un second temps, nous introduirons le montage expérimental
utilisé pendant cette thèse et les moyens pour caractériser un échantillon d’atomes froids. En-
fin, nous présenterons les récentes mesures de laser aléatoire à atomes froids et comment les
corrélations d’intensité vont être un outil particulièrement adapté pour étudier ses propriétés.

II.1. Montages expérimentaux pour la mesure des corrélations
d’intensité

II.1.1. Mesures directes de la fonction de corrélation d’ordre deux

II.1.1.1. Expériences de Hanbury Brown et Twiss

Les corrélations d’intensité dans le domaine temporel ont été développées pour la première fois
par Robert Hanbury Brown et Richard Twiss au milieu du XXe siècle. Tous deux astronomes, ils
se sont intéressés à la mesure des diamètres angulaires des étoiles. À cette époque, la technique
usuelle pour accéder à ces informations était l’interféromètre de Michelson. La lumière issue
d’une étoile est collectée par deux miroirs séparés d’une distance d, avant d’être amenée dans
le télescope par deux fentes distinctes. Si cette lumière est cohérente, alors on observe des
franges d’interférences dans le plan focal image du télescope, et aucune frange si la lumière est
incohérente. Le but de la manipulation est d’étudier la variation de la visibilité de la figure
d’interférences en fonction de la distance d. Cette analyse permet l’accès au diamètre angulaire
de l’étoile pointée. Il apparaît donc évident qu’un tel interféromètre est sensible à la fonction
de corrélation d’ordre un g(1), on parle alors d’interférométrie d’amplitude.

Pour améliorer la résolution angulaire de l’interféromètre, il faut pouvoir augmenter la sépara-
tion d entre les deux miroirs collecteurs. Cependant, quand d devient grand, il est compliqué de
garder les miroirs suffisamment stables pour permettre l’observation des interférences en garan-
tissant le contrôle de la différence de chemin optique à une longueur d’onde près. Pour résoudre
ce problème technique, Hanbury Brown et Twiss (abrégés HBT dans la suite) ont proposé une
amélioration du dispositif expérimental, pour s’intéresser à l’interférométrie d’intensité. Leur
expérience s’en trouve grandement facilitée : deux miroirs séparés spatialement collectent la
lumière de l’étoile étudiée et la focalisent sur deux photomultiplicateurs. De ce fait, ce montage
s’affranchit de la formation de franges d’interférences et lui confère une meilleure stabilité. Les
photocourants issus des deux détecteurs sont ensuite envoyés dans un circuit multiplicateur,
capable de moyenner dans le temps, pour étudier les corrélations entre eux. Lorsque d est petit,
les deux photodétecteurs collectent la lumière issue d’un même grain de speckle de l’étoile en
champ lointain (donc ayant une faible dispersion angulaire), donc les photocourants se res-
semblent. À l’inverse, quand d augmente, ils observent la source sous des angles différents et les
photocourants vont être décorrélés. Le signal en sortie du circuit électronique dépend donc de
la séparation spatiale des miroirs, offrant une nouvelle possibilité d’accéder à la mesure du dia-
mètre angulaire de l’étoile pointée. Ici, comme les corrélations sont étudiées spatialement, nous
mesurons la fonction de corrélation d’ordre deux g(2)(r), r = d étant appelée la ligne de base
(la séparation spatiale entre les deux miroirs collecteurs). Avec cette méthode, Hanbury Brown
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Figure II.1.1 – Schéma de principe de l’expérience de Hanbury Brown et Twiss pour démontrer la
faisabilité de l’interférométrie d’intensité, [Hanbury Brown 1956b]. Pour l’appareil de mesure détec-
tant Ī3, les flèches horizontales indiquent que l’on peut désaxer le photodétecteur d’une distance d,
permettant de quantifier la cohérence spatiale de la source lumineuse.

et Twiss ont mesuré le diamètre apparent de l’étoile Sirius en bon accord avec les mesures pré-
cédentes [Hanbury Brown 1956a]. Forts de ce succès, ils ont installés une version plus grande
de l’interféromètre (avec une ligne de base allant jusqu’à presque 200 m) dans l’hémisphère
sud pour encore gagner en sensibilité et ont pu mesurer les diamètres angulaires de plusieurs
dizaines d’étoiles inaccessibles auparavant [Hanbury Brown 1968].

Néanmoins, avant les premières mesures réalisées dans l’hémisphère Sud, Hanbury Brown
et Twiss ont effectué la même expérience en laboratoire avec une lampe spectrale [Hanbury
Brown 1956b]. Le montage est représenté sur la figure II.1.1. La lumière provenant d’une lampe
à mercure est filtrée pour ne garder que la raie à 435.8 nm. Celle-ci est divisée symétriquement
en deux faisceaux au moyen d’un cube séparateur de faisceau. Chaque bras est terminé par un
photomultipicateur et le photocourant généré est envoyé dans un corrélateur où ils sont mul-
tipliés entre eux et moyennés dans le temps. L’intégration sur une longue fenêtre temporelle
assure l’obtention de la valeur à délai nul de la fonction g(2). Les deux détecteurs sont supposés
être arrangés symétriquement par rapport au séparateur de faisceau. Ils mesurent donc les in-
tensités à des distances identiques par rapport à la source. Il est possible de désaxer un détecteur
par rapport à l’autre d’une distance d pour faire apparaître des effets de cohérence spatiale,
ce qui est effectivement réalisé dans l’interféromètre de Hanbury Brown et Twiss. L’effet du
séparateur de faisceau implique que les intensités moyennes détectées sont liées par :

Ī3(t) = Ī4(t) =
1

2
Ī1(t). (II.1.1)

En utilisant la définition de la fonction de corrélation d’ordre deux croisée (I.4.24), nous obte-
nons :

g34
(2)(τ) =

〈

Ī3(t)Ī4(t+ τ)
〉

〈

Ī3(t)
〉 〈

Ī4(t)
〉 = g11

(2)(τ), (II.1.2)

où g11
(2)(τ) = g(2)(τ). Il est donc clair que les corrélations croisées de l’intensité sur les deux

détecteurs fournit une mesure du degré de cohérence d’ordre deux de la source elle-même. Si
les détecteurs sont supposés idéaux, donc réalisant la mesure de l’intensité aux temps t et t+ τ
instantanément, le corrélateur fonctionne de sorte à fournir en sortie le signal :

〈(

Ī3(t) − Ī3

) (

Ī4(t+ τ) − Ī4

)〉

Ī3Ī4

= g(2)(τ) − 1. (II.1.3)
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En conclusion, les expériences de type HBT fournissent une mesure de l’écart par rapport à
l’unité de la fonction g(2). Si l’on applique ce résultat à une lumière chaotique, on attend que
pour τ = 0 la valeur mesurée soit égale à l’unité et tende vers zéro pour des délais grands devant
le temps de cohérence de la source. Pour un laser, nous devons avoir un résultat nul, en tenant
compte des barres d’erreurs. Notons que ce raisonnement ne s’applique qu’à des détecteurs
parfaits. Si ceux-ci ont un temps de réponse plus long que le temps de cohérence, il en résulte
une baisse du signal en τ = 0.

Dans l’expérience présentée dans [Hanbury Brown 1956b], les auteurs ont fixé τ = 0 et ont fait
varier la distance d pour ne plus avoir des détecteurs positionnés symétriquement par rapport au
séparateur de faisceau. De fait, lorsque d augmente, la cohérence spatiale de la lumière arrivant
sur les détecteurs est réduite. Les corrélations entre les photocourants tendent vers zéro pour
les grandes séparations spatiales. Cette méthode permet donc la détermination de la cohérence
spatiale de la lumière étudiée en analysant la décroissance des corrélations de l’intensité quand
la distance augmente. L’interférométrie stellaire présentée dans [Hanbury Brown 1956a] repose
sur le même principe.

II.1.1.2. Dispositif HBT et atomes froids

Cette technique de détection des corrélations d’intensité est directement applicable au cas
des atomes froids. Dans ce type d’expériences, les atomes sont directement illuminés par les
faisceaux lasers requis pour le piégeage. Le but est alors d’étudier les fluctuations temporelles de
la lumière diffusée par les atomes et donc d’étudier les corrélations d’intensité du rayonnement
de fluorescence émis. Cette mesure a été réalisée en détectant ce rayonnement dans le régime
de comptage de photons, voir par exemple [Bali 1996]. Le schéma global de l’expérience est
similaire à celui de la figure II.1.1. La fluorescence est collectée par un tube photomultiplicateur,
le photocourant généré étant ensuite envoyé dans un amplificateur. Le signal émis est stocké
dans un registre à décalage, dont la sortie est proportionnelle à la fonction g(2).

La réponse optique d’un nuage d’atomes à deux niveaux éclairé par un laser est bien comprise
et est généralement composée de deux parties. Dans ce système, la fréquence caractéristique
est la largeur de l’état excité, qui est l’inverse du temps de vie de la transition. C’est donc
cette fréquence qui est comparée à la largeur typique des structures que l’on peut rencontrer
dans le spectre optique. La première composante de la réponse optique est due à la diffusion
Rayleigh élastique, qui est relativement étroite par rapport à la largeur atomique. Nous verrons
au chapitre IV que ce pic est relié à l’élargissement Doppler et sa largeur donne donc une
information directe sur la température des atomes. La seconde structure est souvent due à des
effets inélastiques et dépend donc de l’intensité du laser illuminant le nuage [Mollow 1969].
On parle dans ce cas de réponse incohérente alors qu’elle est qualifiée de cohérente pour la
partie Rayleigh du spectre. Si le laser forçant les atomes a une intensité suffisamment faible a,
la réponse cohérente est prédominante sur celle incohérente.

S. Bali et al. ont notamment mesuré les corrélations d’intensité de la lumière diffusée par les
atomes en absence de champ magnétique (assurant que tous les sous-niveaux Zeeman restent
dégénérés) [Bali 1996]. Dans le cas général d’un laser d’intensité quelconque, le spectre optique
de la lumière diffusée résulte de la convolution entre la partie Doppler du spectre et la partie
incohérente (reliée à l’élargissement homogène). Cette dernière est aussi appelée triplet de
Mollow. Par application du théorème de Wiener-Khintchin, l’auto-corrélation totale du champ

a. La notion de faible intensité sera développée au cours de la section suivante au moyen du paramètre de
saturation.



II.1. Montages expérimentaux pour la mesure des corrélations d’intensité 67

(a)

0.0

0.5

1.0

1.5

2.0

2.5

0 1500 3000 4500

τ (ns)

1.0

1.5

2.0

2.5

0 50 100 150

τ (ns)

g
(2
)
(τ
)

δ= -20 MHz

-15 MHz

-10 MHz

-5 MHz

δ= -20 MHz

-15 MHz

-10 MHz

-5 MHz

g
(2
)
(τ
)

(b)
(b) (c)

Figure II.1.2 – Mesures homodynes dans le domaine temporel. (a) Mesure de la fonction de corrélation
de l’intensité d’atomes piégés dans une mélasse optique. Les lignes continue et pointillée sont des
ajustements de donnée, suivant deux modèles différents, pour déduire la température du nuage. Tirée
de [Bali 1996]. (b) Mesure de g(2)(τ) sur le même système, montrant la décroissance aux longs délais,
dont on peut déduire la température des atomes. (c) Zoom sur la décroissance aux temps courts,
indiquant un groupement de photons idéal, g(2)(0) = 0. Le temps caractéristique est le temps de
vie de la transition, signature de la diffusion inélastique. Les oscillations sont une conséquence des
interférences entre la diffusion inélastique et celle élastique. Tirées de [Nakayama 2010].
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électrique de la lumière diffusée est donc le produit des fonctions de corrélation d’ordre un de
chaque composante du spectre optique. La partie liée à l’effet Doppler décroissant plus lentement
que celle incohérente (du fait de la transformation de Fourier dans le théorème précédemment
cité), seule la température du nuage joue un rôle dans la variation temporelle de la fonction g(2)

à grand délai, figure II.1.2(a). La mesure de la largeur caractéristique de la courbe g(2)(τ) est un
accès direct à cette grandeur. La température extraite par cette méthode se trouve être en bon
accord avec celle obtenue par des techniques standards [Bali 1996]. Précisons par ailleurs que le
contraste, défini comme C = g(2)(0)−1, est dégradé à cause de la faible cohérence spatiale de la
source et à la présence de diffusion inélastique (due à la sous-structure de l’atome de rubidium
étudié ici).

Plus récemment, et basé sur le même principe, une équipe japonaise a aussi réalisé une mesure
de corrélations d’intensité de la fluorescence d’atomes chargés dans une mélasse optique [Na-
kayama 2010]. La différence ici est que la fluorescence est couplée dans une fibre monomode
avant d’être envoyée dans le système électronique mesurant les corrélations. La combinaison de
cette fibre et d’un polariseur, ne sélectionnant qu’une composante de polarisation, assurent la
condition de cohérence spatiale maximale β = 1 dans la relation de Siegert (I.4.29). Plusieurs
observations ont été faites. Premièrement, l’effet de la température a de nouveau été mis en
évidence, figure II.1.2(b). Ensuite, une chute rapide de g(2)(τ) est mesurée aux délais courts en
même temps que des oscillations amorties, figure II.1.2(c). La décroissance est une conséquence
du triplet de Mollow du spectre du fait des intensités assez fortes des faisceaux de piégeage.
Le temps caractéristique est de l’ordre du temps de vie de la transition. Les oscillations sont
la résultante des interférences entre cette partie incohérente du spectre optique et celle cohé-
rente. Un tel comportement a aussi été observé dans [Muhammed Shafi 2016]. Enfin, le résultat
majeur est l’obtention d’un groupement de photons idéal, g(2)(0) ≃ 2. Cela montre que la
fluorescence émise par des atomes dans une mélasse optique peut être assimilée à une lumière
pseudo-thermique.

Jusque là, les deux expériences présentées ont été réalisées directement dans le domaine tem-
porel. Il reste possible de mesurer les corrélations d’intensité dans le domaine spectral, ce qui
a été fait à l’Institut d’Optique [Jurczak 1995]. Comme avant, la fluorescence des atomes dans
une mélasse optique est collectée et les auteurs ont étudié le comportement spectral du pho-
tocourant avec un analyseur de spectre, figure II.1.3(a). Cette méthode de mesure spectrale
des corrélations d’intensité est nommée auto-battement de la lumière : toutes les composantes
fréquentielles de la lumière (produites, par exemple, à cause de l’effet Doppler à chaque évène-
ment de diffusion) battent entre elles et conduisent à un excès de bruit effectivement observé à
l’analyseur de spectre. Précisons que la méthode de l’auto-battement de la lumière est l’exact
analogue spectral des corrélations temporelles de l’intensité. De manière équivalente aux précé-
dentes expériences, l’effet de la température est étudié en mesurant le niveau de bruit dans le
spectre du photocourant, figure II.1.3(b)-(c). En diminuant la température des atomes dans la
mélasse optique, les auteurs ont mis en évidence une structure étroite dans le spectre autour de
la fréquence nulle suivi d’une composante plus large due à l’effet Doppler. Ce pic a été interprété
comme une signature expérimentale du confinement des atomes sur une longueur de l’ordre de
la longueur d’onde. Ce cantonnement est dû à la création de puits de potentiels lumineux suite
aux interférences entre les faisceaux créant la mélasse optique. Il est connu sous le nom d’effet
Lamb-Dicke. Ce dernier est très utilisé, notamment en métrologie des fréquences optiques, pour
augmenter la précision et la stabilité des horloges atomiques [Katori 2003].
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Figure II.1.3 – Mesures homodynes dans le domaine spectral. (a) Principe de la mesure de l’auto-
battement de la lumière diffusée par un nuage d’atomes froids. (b)-(c) Spectres du photocourant
obtenus pour deux températures différentes des atomes. La structure étroite autour de la fréquence
nulle est une signature du confinement des atomes dans les puits de potentiel lumineux créés par les
faisceaux générant la mélasse optiques. Images tirées de [Jurczak 1995].
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II.1.2. Mesures hétérodynes pour la détermination de g(1)

De manière analogue à l’auto-battement, on peut réaliser le battement entre la lumière diffusée
à étudier avec un champ lumineux plus intense, appelé oscillateur local, et décalé en fréquence,
voir figure II.1.4(a). Nous détectons le signal correspondant à la différence des fréquences qui
contient des informations sur le champ électrique diffusé. L’oscillateur local est dérivé de la
même source que celle du ou des faisceaux interagissant avec les atomes, de sorte que la phase
relative soit bien définie. On s’affranchit donc des bruits intrinsèques de la source. Le champ
électrique détecté est de la forme EOL + Esc, où l’indice OL se réfère à l’oscillateur local. De
fait, la fonction de corrélation de l’intensité totale détectée comprend des termes combinant
les fonctions de corrélations impliquant l’oscillateur local et le champ diffusé, conduisant à une
expression compliquée. Cependant, dans le cas usuel où l’oscillateur local est plus puissant que
le champ diffusé, on peut négliger les termes d’ordre deux en champ diffusé, aboutissant à une
expression simplifiée. On peut alors montrer que le spectre du photocourant est proportionnel
au spectre du champ diffusé translaté en fréquence. Le spectre ainsi obtenu par hétérodynage est
une réplique exacte du spectre de la lumière diffusée mais centré sur la différence de fréquence
entre les deux champs.

Cette technique d’hétérodynage a été mise en place au début des années 1990 sur une expérience
d’atomes froids [Westbrook 1990]. Ils ont collecté la lumière diffusée par les atomes dans une
mélasse optique et l’ont faite interférer avec un oscillateur local, décalé en fréquence et issu de
la même source laser que celle créant les faisceaux de la mélasse, figure II.1.4(b). Il ont ainsi
pu étudier les effets du confinement spatial des atomes dans les puits de potentiels lumineux
mentionnés précédemment. En fonction du désaccord du laser générant la mélasse optique, les
auteurs ont mis en évidence l’apparition d’un pic étroit centré sur la fréquence introduite pour
décaler l’oscillateur local. En particulier, plus le laser est accordé sur une fréquence inférieure à
la résonance atomique, plus ce pic est étroit et son amplitude augmente. L’occurrence de cette
structure spectralement fine a été interprétée comme une signature de l’effet Lamb-Dicke.

Grâce à la relation de Siegert (I.4.28), nous pouvons faire un lien explicite entre les fonc-
tions de corrélation d’intensité et l’auto-corrélation du champ électrique. Toutefois, l’hypothèse
sous-jacente à cette expression est que les fluctuations du champ électrique doivent suivre une
statistique gaussienne. Si celle-ci est validée, alors aucune nouvelle information n’est accessible
par la mesure de g(2)(τ) ou de g(1)(τ). En revanche, ces deux mesures peuvent être complé-
mentaires, par exemple si on veut montrer une violation de la relation de Siegert. Dans ce cas,
il faut pouvoir mesurer le spectre optique par hétérodynage et accéder indépendamment à la
fonction g(2) dont on peut déduire le spectre optique en assumant la relation de Siegert. Si les
deux spectres ne coïncident pas, alors nous en déduisons que la statistique de la lumière ne suit
pas une loi gaussienne.

Dans le cas particulier où l’oscillateur local est à la même fréquence que le champ diffusé, on
parle de détection homodyne.

II.2. Piégeage et caractérisation d’une vapeur atomique froide

Dans le cadre de cette thèse, nous cherchons à étudier la diffusion de la lumière, éventuellement
en présence de gain, à l’intérieur d’une vapeur de rubidium 85 refroidie à quelques centaines
de micro Kelvin. Pour cela, nous utilisons un piège magnéto-optique (abrégé par MOT pour
magneto-optical trap dans la suite). Son principe a été proposé par Jean Dalibard dans les
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Figure II.1.4 – Mesures hétérodynes dans le domaine spectral. (a) Schéma d’une expérience typique
d’obtention de spectre par hétérodynage. (b) Spectres de la fluorescence d’atomes froids dans une
mélasse optique obtenus avec cette technique. Plus la fréquence du laser s’éloigne par valeur négative
de la résonance, plus les atomes sont froids. L’échelle verticale est arbitraire. La structure étroite au
centre est une signature de l’effet Lamb-Dicke. Adaptée de [Westbrook 1990].
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Figure II.2.1 – Schéma de principe d’un piège magnéto-optique. Une paire de bobines en configu-
ration anti-Helmholtz génère un gradient de champ magnétique tri-dimensionnel. Il permet la levée
de dégénérescence des niveaux ayant un moment magnétique non nul, en particulier le niveau excité
|F ′ = 1〉. Les lasers utilisés pour le refroidissement sont désaccordés vers le rouge, désaccord négatif,
et ont des polarisations circulaires croisées. Un seul laser ne peut induire une transition que vers un
sous-niveaux Zeeman particulier du niveau excité, suivant les règles de sélection. A chaque fois qu’un
atome s’éloigne de la région du centre du piège, où le gradient est nul, la fréquence de la transition vers
un des sous-niveaux est diminuée par effet Zeeman. Le laser correspondant est donc quasi-résonant et
tend à ramener l’atome vers le centre du piège. Précisons que, dans le cas de la présence de plusieurs
niveaux fondamentaux, un repompeur (non montré sur la figure) est nécessaire pour maintenir tous
les atomes dans l’état utilisé pour le refroidissement.

années 80, puis réalisé expérimentalement quelques années après [Raab 1987]. De nos jours, le
MOT est à la base de la majorité des expériences d’atomes froids.

Son principe de fonctionnement est basé sur deux ingrédients : une force de dissipation, vi-
sant à ralentir les atomes et à les refroidir, et une force de rappel, utilisée pour les maintenir
proche du centre du piège. La force de dissipation est générée par trois paires de faisceaux
contra-propageant orientées selon les trois directions de l’espace et désaccordées vers le rouge
(fréquence du laser inférieure à la fréquence de résonance atomique considérée), dont les po-
larisations sont circulaires opposées. Étudions le cas uni-dimensionnel. On considère un atome
animé d’une vitesse positive dirigée selon la direction x̂. Ainsi, en tenant compte de l’effet
Doppler, le laser se propageant selon −x̂ verra sa fréquence se décaler, dans le référentiel de
l’atome, vers la résonance atomique. Il est donc diffusé plus efficacement par l’atome, et lui
transfère une certaine quantité de mouvement. C’est le principe de la pression de radiation et
du refroidissement Doppler. De ce fait, le laser colinéaire à la vitesse de l’atome a sa fréquence
qui s’éloigne de la résonance atomique et interagit moins efficacement avec l’atome. La force fi-
nale tend donc à ralentir les atomes, indépendamment de leur position. Enfin, la force de rappel
supplémentaire, nécessaire au piégeage des atomes, est obtenue grâce à un gradient de champ
magnétique, généré par une paire de bobines en configuration anti-Helmholtz. Le principe de
fonctionnement du MOT est résumé sur la figure II.2.1. La physique des pièges magnéto-optique
ne sera pas plus évoquée ici, le lecteur pouvant se référer à la littérature abondante traitant de
ce sujet, voir [Dalibard 2006,Metcalf 1999] pour une introduction.
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Figure II.2.2 – Schéma global de l’expérience, représentant les différents éléments nécessaires au bon
fonctionnement d’une expérience d’atomes froids.Seuls les faisceaux MOT et repompeur dans l’axe du
gradient de champ magnétique sont indiqués pour ne pas surcharger la figure.

II.2.1. Préparation d’un piége magnéto-optique

La spécificité du groupe « Atomes froids » à Nice réside dans l’étude et l’utilisation de MOT
avec un grand nombre d’atomes. Pour arriver à capter des atomes dans ce type de pièges, il est
nécessaire d’avoir à disposition plusieurs éléments. Tout d’abord, une source laser est requise
pour permettre le refroidissement, dont la fréquence peut être ajustée finement autour de la
résonance atomique avec une précision de l’ordre de la largeur naturelle de l’état excité considéré
et dont la polarisation doit être finement contrôlée. Ensuite, des bobines sont nécessaires pour
créer le gradient de champ magnétique obligatoire pour le piégeage des atomes. Finalement, le
piège doit être réalisé dans une enceinte à vide de sorte à isoler l’élément chimique piégé de
tout autre corps capable d’entraîner une relaxation par collisions. Le schéma II.2.2 résume ces
différents éléments nécessaires à la réalisation d’un MOT.

Depuis le montage de l’expérience à la fin des années 1990, plusieurs modifications ont été
apportées. Néanmoins, l’architecture reste la même. Dans ce paragraphe, nous présentons les
principaux éléments pour la réalisation pratique d’un piège magnéto-optique de 85Rb, en uti-
lisant la transition fermée |F = 3〉 → |F ′ = 4〉 de la raie D2 du rubidium, caractérisée par
la largeur Γ de l’état excité donnée par Γ/2π = 6.066 MHz. De plus amples détails pourront
être trouvés dans les manuscrits de thèse de Nicolas Mercadier [Mercadier 2011], Quentin Bau-
douin [Baudouin 2013b] et Samir Vartabi-Kashanian [Vartabi Kashanian 2016b].
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II.2.1.1. Système à vide

Dans notre expérience, le MOT est chargé directement à partir d’une vapeur de 85Rb à tempé-
rature ambiante. Il est possible d’adapter la quantité de vapeur présente dans l’enceinte à vide
depuis une source de rubidium. Cela fait donc varier la pression de rubidium à partir de laquelle
le MOT est chargé. Nous reviendrons plus tard sur l’influence la pression résiduelle sur le MOT.
La pression typique requise pour le bon fonctionnement de l’expérience est de 10−8 mbar. Les
atomes sont chargés dans une cellule de quartz cubique de largeur 10 cm. Cette cellule est sans
armature métallique, ce qui permet un très large accès optique.

Au quotidien, le vide est assuré par une pompe ionique Varian Starcell Valcon Plus 40 (34 L/s),
installée au cours de cette thèse après la mort de la précédente. Elle est pilotée par un contrôleur
MiniVac Controller. L’estimation de la pression s’effectue soit par la mesure du courant circulant
dans la pompe ionique, soit par une jauge de pression située à proximité de la pompe à vide.
Nous verrons à la section II.2.2.1 comment avoir une mesure de la pression ambiante en utilisant
le MOT en lui-même.

II.2.1.2. Champ magnétique

Le gradient de champ magnétique requis pour la création de la force de rappel pour le piégeage
des atomes est obtenu par deux bobines en configuration anti-Helmholtz, permettant d’obtenir
un champ quadrupolaire. Ce champ est nul au centre du piège et augmente en intensité avec la
distance. Un gradient de champ magnétique de l’ordre de 10 G·cm−1 est ainsi généré. Un sys-
tème électronique permet une coupure rapide du champ magnétique, assurant une décroissance
de 99% au bout d’une milliseconde. Pour compenser les champs magnétiques parasites, en parti-
culier celui terrestre, trois paires de bobines en configuration Helmholtz sont ajoutées. Enfin, un
blindage magnétique entoure la pompe pour s’affranchir d’éventuels gradients supplémentaires
générés par ses aimants.

II.2.1.3. Configuration laser pour le piégeage d’atomes froids

Plusieurs sources lasers sont requises dans une expérience d’atomes froids, que ce soit pour
piéger les atomes, les sonder ou les pomper. Tous ces lasers sont à une longueur d’onde proche
de 780 nm, sur la raie D2 du rubidium 85. Nous détaillons dans cette section les lasers utilisés
ainsi que les systèmes d’asservissement en fréquence, figure II.2.3.

Système laser

Trois sources lasers sont utilisées sur notre montage expérimental : une en tant que référence de
fréquence, une pour piéger et refroidir effectivement les atomes et une dernière pour maintenir
les atomes dans le piège.

Premièrement, une diode DBR (Distributed Bragg Reflector, Yokogawa YL78XN), de puissance
nominale 5 mW et de largeur 2 MHz, est utilisée en tant que laser maître. Elle est asservie par
absorption saturée sur le cross-over |F = 2〉 → |F ′ = 2〉 / |F = 2〉 → |F ′ = 3〉 du 87Rb. Par
ailleurs, une diode DFB (Distributed Feebdack) sert de laser de refroidissement. La puissance
délivrée par la DFB est d’environ 60 mW et de largeur typique 2 MHz. Sa fréquence est asservie
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par une technique d’offset-lock, qui sera détaillée à la section suivante, utilisant le laser maître
comme une référence de fréquence.

Le waist w du faisceau de refroidissement est d’une grande importance. En effet, il a été montré
dans [Gattobigio 2008,Camara 2014] que pour des petits faisceaux le nombre d’atomes piégés
est proportionnel à w4. Augmenter la taille des faisceaux de piégeage revient donc à augmenter
la plage de capture des atomes dans le piège, tout paramètre constant par ailleurs. De fait, si
l’on veut maintenir l’intensité des lasers du piège au niveau des atomes proche de l’intensité de
saturation de la transition |F = 3〉 → |F ′ = 4〉 en augmentant leur taille, nous devons disposer
de plus de puissance. Le laser issu de la diode DFB est donc amplifié par un MOPA (Master
Oscillator Power Amplifier, Sacher TEC-400) pour obtenir jusqu’à 2 W de puissance lumineuse
en sortie. Les faisceaux ont un waist de 3.4 cm pour une intensité totale maximale au centre
du piège d’environ 6 mW·cm−2. Ce grand waist est l’originalité majeure de notre expérience,
c’est le paramètre important pour capturer un grand nombre d’atomes par rapport à ce qui
est couramment possible dans les autres expériences de refroidissement laser. Nous arrivons
typiquement à charger 1010 atomes dans un piège de 1 mm de longueur pour une densité de
l’ordre de 1012 at·m−3. En plus des faisceaux de refroidissement, une partie de la puissance
lumineuse accessible après amplification est utilisée comme pompe et comme sonde. On dispose
ainsi de lasers asservis en phase pour des expériences de type pompe-sonde.

En outre, pour maintenir constant le nombre d’atomes piégés, une autre diode DFB, de puis-
sance 80 mW et de même largeur que pour les faisceaux MOT, est utilisée pour repom-
per les atomes dans l’état |F = 3〉. Elle est asservie par absorption saturée sur le cross-over
|F = 2〉 → |F ′ = 2〉 / |F = 2〉 → |F ′ = 3〉 du 85Rb.

Manipulation des fréquences

Asservissement par offset-lock Le premier point à maîtriser pour manipuler un nuage
d’atomes froids est la fréquence des lasers. Les précédents montages mis en place sur l’expé-
rience asservissaient la fréquence des lasers par absorption saturée, avec donc une fréquence fixe.
Pour la faire varier et scanner pendant une phase de mesure, nous devions utiliser un modu-
lateur acousto-optique (AOM) en configuration double passage. Cependant, comme l’efficacité
de diffraction d’un AOM dépend de la fréquence, nous sommes très vite limités dans sa gamme
de fréquence accessible, au maximum de 20Γ. La puissance du faisceau diffracté change donc
au cours d’un scan. En l’état, cette variation n’a pas d’influence sur une mesure de spectre de
transmission, la réponse atomique étant linéaire. En revanche, l’obtention d’un laser aléatoire
requiert d’avoir une pompe centrée sur la transition interdite |F = 3〉 → |F ′ = 1〉 pour induire
du gain Raman entre les deux niveaux hyperfins fondamentaux du 85Rb, [Baudouin 2013a].
Dans cette expérience, la difficulté est d’avoir un laser pompe dont la puissance est constante
au cours d’un balayage de fréquence autour de la transition mentionnée précédemment. La
présence de la pompe rendant non linéaire la réponse atomique, il est important de garantir la
stabilité de la puissance optique. De plus, la pompe étant issue du même laser que les faisceaux
MOT, sa fréquence doit donc être décalée d’environ −35Γ par rapport à la transition du piège,
voir figure II.2.3. Ce décalage en fréquence n’est pas accessible par des modulateurs acousto-
optiques en configuration double passage sans changer la puissance du laser. Pour cette raison,
l’asservissement de la DFB a été modifié pour tirer parti d’un schéma de type offset-lock :
pouvoir scanner une grande gamme de fréquence sans variation de puissance.

Nous abordons maintenant le principe de l’asservissement de la DFB par offset-lock. Tous les
détails peuvent être retrouvés dans [Vartabi Kashanian 2016b]. Un schéma résumant le montage
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Figure II.2.4 – Schéma du principe d’asservissement en fréquence par offset-lock. Le filtre radio-
fréquence, délimité par un rectangle en pointillé et caractérisé par sa fréquence ωfiltre, génère le signal
d’erreur en faisant la différence entre les sorties des détecteurs de puissance A et B. En haut : dia-
grammes de Bode en amplitude des filtres passe-haut (en bleu) et passe-bas (en vert) constituant le
filtre radio-fréquence ainsi qu’en sortie du soustracteur. La modification du signal émis par le VCO
permet le changement de fréquence de la DFB, à puissance constante. PD : photodiode. Amp : am-
plificateur. PB : passe bas. PH : passe haut.

.
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électronique est présenté sur la figure II.2.4. La première étape de l’asservissement repose sur
un battement entre les diodes DBR et DFB. Comme la DBR est asservie sur le cross-over
|F = 2〉 → |F ′ = 2〉 / |F = 2〉 → |F ′ = 3〉 du 87Rb et la DFB doit être asservie de sorte à être
proche de la résonance de la transition |F = 3〉 → |F ′ = 4〉 du 85Rb, la fréquence résultante
du battement est donc la différence de fréquence entre DBR et DFB, proche de 1 GHz. En
utilisant un mixeur de radio-fréquence, la fréquence du battement est multipliée avec celle issue
d’un oscillateur contrôlé en tension (VCO), piloté par ordinateur. On ne garde que le signal
correspondant à la différence des fréquences. En combinant un filtre passe-haut de fréquence de
coupure 300 MHz et un filtre passe-bas de fréquence de coupure 250 MHz, le signal d’erreur est
produit en soustrayant la sortie des deux filtres. Le signal de rétroaction est finalement généré
grâce à un contrôleur PI. La rétroaction est ensuite envoyée à la source de courant du laser.
En résumé, le choix de la fréquence du VCO est d’une importance capitale puisqu’elle influe
directement sur la fréquence finale du laser. La gamme de fréquence accessible par l’offset lock
est approximativement de 500 MHz, soit environ 80Γ, ce qui est bien plus confortable que celle
d’un AOM. Comme la DFB pilote aussi bien les faisceaux MOT, qu’une sonde sur la même
transition ou la pompe du laser aléatoire, le laser peut donc faire plusieurs sauts de fréquence
au cours d’un cycle expérimental. Nous devons par contre caractériser la vitesse maximal d’un
scan de fréquence. Celle-ci a été mesurée en effectuant un brusque saut de fréquence et en
étudiant le temps mis par le signal d’erreur pour revenir à zéro. Nous avons mesuré qu’une
centaine de micro-secondes est suffisant pour ne pas être limité par la boucle d’asservissement
dont la bande-passante est de 20 kHz. La diode DFB peut être, finalement, asservie pendant
plusieurs jours.

La caractérisation précise (largeur, bruit d’intensité et de fréquence) de la DFB fournissant les
faisceaux MOT sera abordée à la section III.1.

Décalage en fréquence avec des modulateurs acousto-optiques Le piégeage et la ma-
nipulation d’un gaz d’atomes froids requiert un contrôle fin des fréquences et des intensités des
lasers utilisés. Pour cela, comme mentionné précédemment, nous utilisons des AOMs soit en
configuration simple passage soit en configuration double passage. La première permet d’ajus-
ter finement l’intensité d’un laser ainsi que son utilisation en tant qu’interupteur. La seconde
sert à modifier sa fréquence, et en particulier à réaliser des scans de fréquence. Ils sont tous
contrôlés par des oscillateurs radio-fréquences (VCO). Ces derniers sont pilotés par des cartes
analogiques programmables 0 − 10 V (NIPCI 6723), de pas de temps 10 µs assurant le bon
déroulement de la séquence expérimentale. Tous ces dispositifs, ainsi que certains instruments
de mesure utilisés dans l’expérience (caméra CCD), sont contrôlés par une interface Matlab.

Séparateur de faisceaux fibré

Comme mentionné précédemment, pour refroidir un nuage d’atomes, nous avons besoin de trois
paires de faisceaux contra-propageants. Une première méthode est d’utiliser des cubes sépara-
teurs de polarisation. Il est alors possible de contrôler finement la puissance de chaque faisceau
indépendamment des autres, au prix d’avoir de longs chemins optiques à aligner régulièrement.
Une autre possibilité est d’utiliser un séparateur de faisceaux fibré, ce qui a récemment été
implémenté sur notre expérience avec un séparateur de chez OZ Optics. Les faisceaux MOT et
le repompeur sont tous les deux couplés dans une même fibre à maintien de polarisation qui
est ensuite divisée en six fibres indépendantes dont les puissances sont équilibrées (±10%) en
sortie. L’avantage de ce montage est une plus grande stabilité de l’alignement, comme il y a
moins d’optiques requises pour le MOT. La complexité du montage s’en trouve donc fortement
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réduite. Les modes spatiaux des lasers à injecter ont été adaptés avec le mode d’entrée de la
fibre pour en optimiser le couplage, d’environ 50% pour les faisceaux MOT et le repompeur.
La polarisation des lasers à l’entrée de la fibre est ajustée pour la maintenir linéaire, suivant un
de ses axes, afin qu’elle soit bien stable en sortie.

Pour équilibrer les puissances des faisceaux contra-propageants, nous avons choisi deux à deux
les fibres ayant des puissances de sortie les plus proches possibles. Pour un réglage plus fin, on
peut aussi rajouter un film de polariseur directement sur un coupleur de sortie. La polarisation
circulaire (σ+ ou σ−) des faisceaux MOT et repompeur requise pour le piégeage est obtenue
par un couple de lame λ/2 et λ/4 placé en aval du coupleur de sortie. Les faisceaux sont ensuite
collimatés avec des lentilles de focale 300 mm et de 10 cm de diamètre, pour des tailles typiques
de 3.4 cm pour chaque faisceau au niveau des atomes.

II.2.1.4. Séquence expérimentale

La réalisation d’expériences sur un nuage d’atomes froids nécessite un échantillon qui ne soit
pas perturbé par les faisceaux du piége ou le champ magnétique. La séquence expérimentale est
donc répétée et est composée de phase de préparation et de mesure. Nous listons maintenant
les plus importantes.

Tout d’abord, les atomes sont chargés dans le MOT pendant une durée dépendante du nombre
d’atomes désiré, typiquement 30 − 500 ms. On piège ainsi jusqu’à 1010 atomes. Le désaccord des
faisceaux MOT est de −3Γ par rapport à la transition |F = 3〉 → |F ′ = 4〉 et le repompeur est
à résonance sur |F = 2〉 → |F ′ = 3〉. Dans la suite, les désaccords des faisceaux seront toujours
calculés par rapport à la transition de piégeage |F = 3〉 → |F ′ = 4〉, sauf s’il est fait mention
du contraire. Le temps de chargement peut être réduit si les atomes sont recyclés entre deux
cycles, donc si le MOT n’est pas complètement détruit à la fin de la séquence.

S’ensuit une phase de compression. De manière générale, dans les MOT de grande taille, la
densité atomique ρ est limitée, en partie, par la répulsion entre les atomes due à la diffusion
multiple. Les atomes sont comme poussés vers l’extérieur du nuage par la pression de radiation.
Il en résulte une hausse de la taille du nuage ainsi qu’un chauffage des atomes [Walker 1990].
Plusieurs méthodes ont été développées pour s’affranchir de ces effets et pouvoir augmenter
la densité. Par exemple, dans un MOT compressé, une augmentation subite du gradient de
champ magnétique permet de gagner environ un ordre de grandeur sur la densité, au coût d’un
chauffage du nuage [Petrich 1994]. Nous avons choisi d’appliquer un piège noir, ou dark MOT
(DMOT). Ici, les atomes passent progressivement dans un état qui ne diffuse pas la lumière
du piège, |F = 2〉 pour nous. Les interactions diminuent, le nuage s’effondre sur lui-même et
la densité ainsi que l’épaisseur optique augmentent au prix d’une perte du nombre d’atomes,
limitée à une quinzaine de pourcent. La compression par DMOT peut s’effectuer de deux
manière différentes, soit en masquant le centre des faisceaux du repompeur [Ketterle 1993,An-
derson 1994], soit en diminuant l’intensité du repompeur par plusieurs ordres de grandeur en
quelques millisecondes [Townsend 1996,Walker 1990]. Cette dernière technique est celle appli-
quée sur l’expérience. L’intensité du repompeur passe à 2.5% de sa valeur maximale pendant
35 ms et le désaccord des faisceaux MOT est ramené à −2Γ pour augmenter l’épaisseur optique
jusqu’à 160 (dans ce cas particulier) et la densité à 1012 at·m−3, le rayon rms du nuage typique
étant R ≃ 1 mm. L’optimisation du DMOT s’est faite uniquement sur l’épaisseur optique, sans
chercher à obtenir de compromis avec la température. Si l’on souhaite refroidir le nuage, il faut
désaccorder d’avantage les faisceaux MOT pendant le DMOT ou alors charger moins d’atomes.

Finalement, la dernière phase est l’étape de mesure où le gradient de champ magnétique et
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Figure II.2.5 – Photographie du MOT au centre de la cellule à vide.

les faisceaux du piège sont coupés. En revanche, on peut garder allumer le repompeur pour
ramener les atomes dans l’état |F = 3〉. Pendant cette phase, les atomes sont en expansion
libre et suivent un mouvement balistique pendant quelques millisecondes. Nous pouvons leur
appliquer une sonde ou alors les pomper pour obtenir un laser aléatoire. L’ajustement de la
période d’expansion, phase de temps de vol (TOF), fait varier l’épaisseur optique à nombre
d’atomes constant.

II.2.2. Caractérisation du nuage d’atomes froids

Une fois le nuage préparé, plusieurs diagnostics sont disponibles pour le caractériser. Dans tous
les cas, ils s’effectuent en étudiant les propriétés de la lumière émise alors qu’il est éclairé de
manière externe.

II.2.2.1. Détermination du temps de chargement du piège

Comme nous l’avons vu, un vide poussé est nécessaire à l’obtention d’un MOT. Précisons
maintenant que la qualité du vide détermine le nombre d’atomes piégés. Il est donc important
de caractériser ce nombre d’atomes en fonction de la pression résiduelle d’atomes de rubidium
à l’intérieur de la cellule. Pour cela, étudions l’évolution temporelle du nombre d’atomes.

Notre MOT est chargé à partir d’une vapeur de rubidium à l’intérieur de la cellule à vide. Les
atomes sont piégés avec un flux L, en nombre d’atomes par seconde, proportionnel à la pression
partielle de rubidium PRb et donc à w4 comme vu page 74. Un des facteurs de perte est les
collisions entre la vapeur à température ambiante (les atomes de rubidium non chargés et les
gaz résiduels) avec les atomes piégés. Les atomes à température ambiante sont susceptibles de
transférer assez d’énergie à ceux refroidis pour les expulser du piège. Définissons alors le taux
de pertes γ, proportionnel à la somme de PRb et Pres, la pression résiduelle de gaz. Dans la
limite où les collisions froides entre deux atomes du pièges peuvent être négligées, l’évolution
temporelle du nombre Nat d’atomes s’écrit :
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dNat(t)

dt
= L − γNat. (II.2.1)

La solution s’écrit :

Nat(t) = Nat,∞(1 − e−γt), (II.2.2)

avec la condition initiale Nat(0) = 0 et Nat,∞ = L/γ = PRb

PRb+Pres
est le nombre d’atomes en

régime stationnaire. La connaissance du temps de chargement τload = γ−1 du MOT est donc
une mesure directe de Pres et donc la pression à l’intérieur de la cellule à vide. On peut trouver
dans [Arpornthip 2012] une technique de mesure de la qualité du vide basée sur cette méthode.
Si γ−1 est trop long, la pression partielle de rubidium est trop faible et il faut donc ré-injecter des
atomes dans la cellule. Cela est possible grâce à une source de rubidium, une goutte déposée dans
un queusot, isolée de l’enceinte à vide par une valve. Une autre possibilité est de faire désorber du
rubidium des parois de la cellule à vide grâce à des diodes électro-luminescentes ultra-violettes.
Cette technique, appelée désorption atomique assistée par la lumière [Gozzini 1993], prend la
vapeur de rubidium libérée par les parois comme une nouvelle source d’atomes à charger dans
le piège. Il a été montré dans [Anderson 2001,Atutov 2003] la possibilité d’utiliser directement
la vapeur atomique désorbée dans un piège magnéto-optique, tout en ayant de très bonnes
efficacités. Temporairement, le recours à cette stratégie permet une augmentation du nombre
d’atomes piégés, à temps de chargement fixe, et donc de l’épaisseur optique.

Le temps de chargement se mesure à partir de la collection de la fluorescence des atomes du
nuage b. Pour cela, on utilise une lentille de focale 100 mm et de 50.8 cm de diamètre qui
conjugue le MOT sur une photodiode. L’axe de détection fait un angle d’environ 15◦ avec l’axe
du gradient du champ magnétique. Nous illustrons sur la figure II.2.6 la mesure du temps de
chargement du piège. Un ajustement exponentiel des données selon la formule (II.2.2) permet
d’obtenir un nombre d’atomes à saturation Nat ≃ 2 × 109 atomes et une constante de temps
de τload = 0.98 s. Nous en déduisons un flux d’atomes d’environ L ≃ 2 × 109 atomes·s−1. A
partir du temps de chargement τload [Arpornthip 2012], nous estimons une pression totale de
Ptot = PRb + Pres ≃ 2.7 × 10−8 mbar.

II.2.2.2. Spectre de transmission par spectroscopie et épaisseur optique

Une fois le MOT correctement chargé, une première caractérisation est la mesure de la trans-
mission d’une sonde de faible intensité, et de diamètre petit devant celui du nuage, à travers
les atomes, voir le haut de la figure II.2.7. Par application de la loi de Beer-Lambert, nous
définissons la transmission T par le rapport entre l’intensité transmise Itrans et celle incidente
Iinc, T = Itrans/Iinc. Dans le cas d’un système passif, la mesure de T en fonction du désaccord
δ = ωL −ω0 de la sonde asservie en fréquence autour de la transition |F = 3〉 → |F ′ = 4〉 donne
accès à l’épaisseur optique à résonance b0 du nuage. En supposant que les populations d’un
niveau hyperfin sont équiréparties entre l’ensemble des sous-niveaux Zeeman, la section efficace
de diffusion s’écrit :

σsc(δ) = C34′

σ0

1 + 4δ2/Γ2
, (II.2.3)

b. On suppose que la fluorescence est proportionnelle aux nombres d’atomes dans le nuage, ce qui est valable
dans un régime où l’épaisseur optique à la fréquence du laser est petite devant l’unité.
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Figure II.2.6 – Mesure du temps de chargement du MOT basé sur la capture de la fluorescence des
atomes illuminés par les faisceaux du piège. Les données expérimentales sont présentées en gris, et
l’ajustement exponentiel des données selon l’équation (II.2.2) en ligne pleine noire. En bas à droite :
configuration expérimentale de la collection de la fluorescence des atomes. Seuls les lasers dans l’axe
du gradient de champ magnétique sont indiqués.

où σ0 = 3λ2

2π
est la section efficace de diffusion d’un atome à deux niveaux soumis à un laser

à résonance de longueur d’onde λ et C34′ = 3/7 le facteur de force de la transition étudiée c.
L’extinction de la sonde par diffusion est liée à l’intégration de la densité atomique ρ le long de
la propagation du rayon dans le nuage. Nous déduisons donc l’épaisseur optique en utilisant sa
définition (I.1.15) :

b(δ) = σsc(δ)
∫ +∞

−∞
dz ρ(x, y, z). (II.2.4)

On obtient l’expression de la transmission Tat à travers les atomes en appliquant la loi de
Beer-Lambert (I.1.16) :

Tat(δ) = exp

(

− b0

1 + 4δ2/Γ2

)

, (II.2.5)

avec b0 = C34′ρ0σ0L, et ρ0 est la densité au centre du nuage, est l’épaisseur optique à résonance.

Expérimentalement, trois quantités doivent être mesurées pour accéder à Tat : l’intensité en
absence de sonde et d’atomes (IBG), l’intensité sans (Isans) et avec (Iavec) atomes. Au final, nous
déduisons :

Tat =
Iavec − IBG

Isans − IBG
. (II.2.6)

Cette technique a l’avantage de mesurer la transmission sans avoir à déterminer l’intensité de
la sonde. On s’affranchit donc de ses fluctuations en fonction des conditions expérimentales
(réponse de l’AOM, polarisation, ...). L’intensité de la sonde doit, cependant, être faible devant
l’intensité de saturation de la transition Isat = 1.6 mW·cm−2 pour s’assurer d’une réponse

c. On parlera dans la suite de coefficient de Clebsch-Gordan moyenné sur l’ensemble des sous-niveaux Zeeman
de la transition
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Figure II.2.7 – Mesures d’un spectre de transmission de la sonde en fonction du désaccord par rapport à
la résonance atomique. Un ajustement par la formule(II.2.8) donne accès à b0. En haut, nous présentons
le schéma de la configuration expérimentale.

linéaire du nuage avec l’intensité du laser. Pour s’en assurer, il est utile de calculer le paramètre
de saturation s des atomes illuminés par un laser désaccordé de δ :

s(δ) = C34′

I/Isat

1 + 4δ2/Γ2
. (II.2.7)

Avoir un paramètre de saturation très petit devant l’unité garantit d’être en régime linéaire.
La sonde utilisée a un waist de 260 µm au niveau des atomes, de diamètre typique 1 mm et
est détectée sur une photodiode. Pour garantir une réponse linéaire des atomes en ayant au
maximum s(δ = 0) ≃ 0.1, il ne faut pas dépasser une puissance d’environ 0.2 µW lorsque
le laser est à résonance. Une mesure typique de spectre de transmission est présentée sur la
figure II.2.7.

Une fois la mesure faite, un ajustement des données par l’équation (II.2.5) permet une bonne
estimation de b0, l’origine des fréquences étant peu importante lors de ce type de diagnostic d

où elle peut être laissée comme paramètre libre. Précisons que nous tenons compte lors de
l’ajustement de la transition |F = 3〉 → |F ′ = 3〉 située à −19.9Γ pour corriger une asymétrie
rouge/bleu observée dans les spectres. En revanche, il faut bien s’assurer que le laser passe par
le centre du nuage. L’expression (II.2.5) n’est en fait valable que pour un laser parfait, avec
une largeur spectrale infiniment fine. Or, la sonde utilisée a une largeur typique de 2 MHz. Une
convolution entre Tat mesurée et le spectre du laser doit être faite pour calculer correctement
la transmission. Nous avons vérifié que cette correction a un effet négligeable sur les grandes
épaisseurs optiques obtenues par ajustement avec l’expression (II.2.5) seule. Néanmoins, nous
tenons compte du piédestal de la diode DFB, voir section III.1.3.3 figure III.1.4, donc de la
puissance contenue dans les ailes du spectre otique du laser. Par conséquent, même quand le
laser est à résonance une petite quantité de lumière traverse le nuage et est détectée. Au final,
l’ajustement effectué pour déterminer l’épaisseur optique à résonance à partir d’une mesure de
Tat est réalisé avec la formule :

d. Ce qui ne serait pas possible si la transmission est mesurée point par point, avec une sonde de fréquence
fixe. Dans ce cas là, la calibration du VCO contrôlant la fréquence de la sonde est très importante pour éviter
tout décalage rédhibitoire lors de mesures ultérieures.
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Tat(δ) = (1 − A) exp

(

− b0

1 + 4(δ − δ0)2/Γ2

)

exp

(

− b0
35
81

1 + 4(δ − δ0 + 19.9)2/Γ2

)

+ A. (II.2.8)

Le premier facteur exponentiel correspond à la transmission de la sonde sur la transition
|F = 3〉 → |F ′ = 4〉 alors que le second prend en compte la présence de la transition |F = 3〉 →
|F ′ = 3〉 localisée à −19.9Γ de la première. Le facteur numérique 35

81
= C33′

C34′
dans l’argument de

la seconde exponentielle est le rapport des coefficients de Clebsch-Gordan pour les deux tran-
sitions considérées. Il permet de décrire l’équilibre des populations atomiques entre ces deux
niveaux. Nous avons donc trois paramètres libres : l’épaisseur optique à résonance b0, A pour
le niveau DC sur la photodiode dû aux ailes du laser et δ0 pour un écart éventuel en fréquence
autour de la résonance. Les ajustements présentés sur la figure II.2.7 sont réalisés avec cette
dernière formule.

Mentionnons enfin que l’on peut aussi mesurer la transmission d’une sonde avec un milieu actif,
cette fois-ci. Il sera alors possible de mettre en évidence une éventuelle amplification de la sonde
à une fréquence bien déterminée. Ce type de mesure sera faite pour déterminer la longueur de
gain à l’intérieur du nuage.

II.2.2.3. Imagerie d’absorption

Un spectre de transmission donne accès à l’épaisseur optique, mais ne nous renseigne pas sur le
nombre d’atomes du nuage ni sur sa taille. Pour cela, nous utilisons une technique d’imagerie
qui consiste à envoyer une sonde collimatée de grande taille sur le nuage pour imager son
ombre, voir le haut de la figure II.2.9. On réalise donc une image globale de la transmission des
atomes quel que soit leur position dans le MOT. L’obtention de cette image permet la mesure
de la taille transverse du système. Connaissant le désaccord du faisceau d’imagerie, on déduit
de l’image de la transmission une carte de l’épaisseur optique. Comme pour le cas du spectre
de transmission, l’épaisseur optique est obtenue par intégration de la densité atomique le long
de la trajectoire du faisceau d’imagerie. L’intensité transmise est, comme nous l’avons vu en
appliquant la loi de Beer-Lambert :

Itrans(x, y) = Iinc(x, y) exp
(

−σsc(δ)
∫ +∞

−∞
dz ρ(x, y, z)

)

, (II.2.9)

où ρ est la densité atomique, z′ est la direction de propagation du faisceau d’imagerie et σsc(δ)
est définie par l’équation (II.2.3).

Supposons maintenant que le nuage a une distribution spatiale gaussienne de largeur rms σj

selon la direction j. Nous obtenons donc le nombre d’atomes dans le MOT, en faisant apparaître
l’épaisseur optique du nuage à la fréquence du laser mesurée selon l’axe z passant par le centre
du nuage :

Nat = 2πσxσy
b(δ)

σsc(δ)
. (II.2.10)

Nous en déduisons la densité ρ0 au centre du nuage :

ρ0 =
Nat

(2π)3/2σxσyσz
. (II.2.11)
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Figure II.2.8 – Comparaison entre les épaisseurs optiques mesurées grâce à un spectre de transmission
et par l’imagerie d’absorption. La ligne pointillée représente l’identité. Les mesures ont été obtenues
sur deux cycles expérimentaux différents mais dont les durées de chargement, compression et temps
de vol sont identiques. Les épaisseurs optiques déduites de l’imagerie d’absorption sont moyennées
sur cinq réalisations de l’expérience, celles obtenues par transmission sont moyennées sur cinquante
spectres.

La géométrie du nuage est supposée quasi-sphérique, d’où σz = (σx + σy)/2. La figure II.2.8
montre la comparaison entre les épaisseurs optiques à résonance obtenues par imagerie d’ab-
sorption et via un spectre de transmission.

Comme pour le spectre de transmission, l’imagerie par absorption requiert trois images pour ne
pas être limitée par les fluctuations d’intensité de la sonde. La taille du nuage varie d’une cen-
taine de micromètre au millimètre. Un doublet de lentilles, assurant un grandissement d’environ
2.6, est utilisé pour imager le nuage sur une caméra CCD (modèle Pointgray GRAS-20S4M-C)
reliée à un ordinateur, voir le haut de la figure II.2.9. Même si le temps d’exposition est court
(une centaine de microseconde), l’utilisation de l’imagerie d’absorption peut être contraignante.
En effet, la prise de trois images est longue (200 ms) et détruit le nuage.

L’imagerie d’absorption peut aussi servir de thermomètre par application d’un temps de vol,
période où le nuage est en expansion libre sans faisceaux MOT (mais en présence de repompeur
pour maintenir la population dans l’état |F = 3〉) ni gradient de champ magnétique. Au cours
de cette phase, le nuage n’est donc soumis qu’à son propre poids sous l’effet de la gravité
terrestre. L’équation horaire du mouvement des atomes est donc celle bien connue de la chute
libre. Supposons que le nuage s’étend de manière homogène et que vitesse et position à un
instant t = 0 sont décorrélées. Malgré la nature quantique des atomes, le MOT peut être décrit
en excellente approximation par un gaz thermique. Celui-ci a une distribution maxwellienne
des vitesses caractérisée par sa vitesse quadratique moyenne 〈v2〉 = kBT

m
, où kB est la constante

de Boltzmann, T la température du nuage et m la masse d’un atome de 85Rb. Dans ce cas, en
manipulant l’équation du mouvement et pour des temps de vols suffisamment courts, la taille
transverse rms (j = x, y) du nuage suit la loi horaire :

σj
2(t) = σj,0

2 +
kBT

m
t2. (II.2.12)

La prise de plusieurs images à différents temps de vol pour mesurer les tailles correspondantes
du nuage sont donc une estimation de la température des atomes. Dans notre cas, nous obtenons
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Figure II.2.9 – Mesure de la température par temps de vol, pour les deux directions x (en rouge)
et y (en nuance de gris). L’ajustement des données par la formule (II.2.12) donne Tx = 244 µK et
Ty = 230 µK, respectivement. Les barres d’erreur sont obtenues en moyennant les tailles transverses
sur cinq images. En haut, nous présentons la configuration expérimentale, où le faisceau d’imagerie
est couplé dans une fibre mono-mode.

T ∼ 200 µK, comme montré sur la figure II.2.9.

II.3. Vers la caractérisation d’un laser aléatoire à atomes froids
par l’étude des corrélations d’intensité

Le montage expérimental présenté précédemment s’avère particulièrement adapté à l’étude
de la diffusion de la lumière dans un nuage d’atomes froids. Dans cette optique, plusieurs
résultats ont été obtenus, comme par exemple l’observation du cône de rétrodiffusion cohérente
[Labeyrie 1999] ou le piégeage de radiation [Labeyrie 2003]. Néanmoins, on peut aussi imaginer
associer la diffusion multiple de la lumière dans la vapeur atomique froide avec du gain pour
obtenir un laser aléatoire, observé dans notre équipe en 2013 [Baudouin 2013a]. Dans les pièges
magnéto-optiques standard, nous trouvons des épaisseurs optiques à résonance de l’ordre de
la dizaine, ce qui est suffisant pour induire de la diffusion multiple. Dans cette section, nous
montrerons qu’il est possible d’exprimer le seuil du laser aléatoire et nous verrons le mécanisme
de gain choisi pour mettre en évidence un laser aléatoire à atomes froids.

II.3.1. Induction de gain dans un nuage d’atomes froids

L’ajout de gain dans le nuage d’atomes est un pré-requis obligatoire pour espérer obtenir un la-
ser aléatoire. Au contraire de la majorité des systèmes physiques habituellement utilisés comme
milieu amplificateur, les atomes froids n’ont pas de transitions non radiatives se désexcitant ra-
pidement. Il est donc impossible d’implémenter un mécanisme de gain typique à quatre niveaux
pour créer une inversion de population. Néanmoins, il reste quand même différents moyens à
notre disposition pour effectivement observer une inversion de population entre deux niveaux
atomiques et donc ajouter du gain dans le système.
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Figure II.3.1 – Différents mécanismes de gain étudiés pour obtenir un laser aléatoire à atomes froids.
(a) Principe du gain Mollow vu comme une transition à trois photons entre l’état fondamental et
l’état excité. Deux photons issus de la pompe de fréquence ωP sont absorbés et un photon stimulé est
émis à la fréquence ωS de la sonde. (b) Principe du gain Raman entre sous-niveaux Zeeman pour une
transition |F = 1〉 → |F = 2〉. (c) Gain Raman entre deux niveaux hyperfins. Le gain est produit via

une transition à deux photons entre ces deux niveaux hyperfins. L’inversion de population entre eux
est maintenue grâce au repompeur. Adaptée de [Baudouin 2014a].

Un mécanisme très simple de gain a été décrit par Mollow [Mollow 1972] et observé avec des
faisceaux atomiques peu après [Wu 1977]. Il met en jeu un atome à deux niveaux forcé par un
champ électrique intense, aussi appelé pompe. On crée ainsi une inversion de population dans la
base de l’atome « habillé » [Cohen-Tannoudji 2001] et permet donc l’amplification d’une sonde
de faible intensité. Le processus peut aussi être interprété dans la base de l’atome « nu » comme
une transition à trois photons entre l’état fondamental et celui excité via deux absorptions de
photons pompe comme montré sur la figure II.3.1(a). L’implémentation de gain Mollow sur une
vapeur atomique froide de 85Rb, couplé à une cavité de petite finesse, a conduit à l’observation
d’un effet laser [Guerin 2008].

Un autre mécanisme est basé sur du gain Raman. Les transitions Raman correspondent à
des transitions à deux photons entre deux niveaux fondamentaux non dégénérés. Le niveau
d’énergie intermédiaire requis se trouve à proximité d’un niveau atomique. Dans ce schéma,
la pompe induit une transition vers le niveau excité virtuel et une sonde peut être amplifiée
à la fréquence correspondant à la transition vers le bas, voir figure II.3.1(b). Une première
possibilité est d’induire une inversion de population entre les sous-niveaux Zeeman d’un niveau
hyperfin donné [Tabosa 1991,Grison 1991]. L’illumination par la pompe induit un déplacement
lumineux δR entre ces sous-niveaux et lève donc la dégénérescence. L’écart en énergie introduit
n’est pas constant d’un sous-niveau à l’autre puisqu’il dépend aussi des coefficients de Clebsch-
Gordan. Par exemple, le pompage optique par un laser polarisé linéairement proche d’une
transition fermée |F = 1〉 → |F = 2〉 conduit à une distribution symétrique des populations
par rapport au niveau mF = 0 du niveau fondamental. La mesure de l’amplification à la
fréquence de la sonde s’effectue de nouveau par l’obtention d’un spectre de transmission d’un
laser polarisé linéairement orthogonale à la polarisation de la pompe. On peut montrer que
la largeur de la résonance Raman dépend du taux de diffusion élastique, généralement plus
faible que Γ [Grison 1991]. De fait, si l’on se place loin de toute résonance atomique, cette
résonance est spectralement fine. L’application de ce mécanisme a été utilisé pour créer un
laser à partir d’un MOT placé dans une cavité optique [Hilico 1992,Guerin 2008]. L’article de
revue [Guerin 2010] présente une étude comparative de ces deux mécanismes de gain.
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Par ailleurs, le rubidium 85 présente une sous-structure, ses niveaux hyperfins fondamentaux
peuvent aussi être utilisés pour produire du gain Raman. Un des avantages est que le gain et la
pompe sont séparés par plusieurs gigahertz, voir figure II.3.1(c). En revanche, le prix à payer
est que la pompe doit être accordée proche d’une transition ouverte. Par des effets de pompage
optique, l’inversion de population créée est supprimée. Pour pouvoir la maintenir et recycler
les atomes, il faut donc rajouter un nouveau laser (un repompeur), ce qui peut compliquer le
montage expérimental. Ce type de gain a déjà été utilisé avec des atomes froids et l’obtention
d’un laser a ainsi été démontrée [McKeever 2003, Vrijsen 2011, Bohnet 2012]. Pour le laser
aléatoire à atomes froids, c’est ce mécanisme de gain qui a été choisi.

Ajoutons que cette liste ne se veut pas exhaustive, plusieurs autres types de mécanismes peuvent
être implémentés. Nous pouvons retrouver, entre autres, du gain paramétrique basé sur du
mélange à quatre ondes [Guerin 2008],

II.3.2. Combiner du gain et de la diffusion dans un gaz d’atomes froids

Seuil du laser aléatoire à atomes froids

Nous avons vu à la section I.1.1 l’existence de longueurs caractéristiques permettant l’étude
du transport de la lumière dans un milieu désordonné. Ces longueurs sont définies à partir
des inverses des sections efficaces, équations (I.1.20) - (I.1.21). Par conservation de l’énergie, la
section efficace d’extinction σext est égale à la somme des sections efficaces de diffusion σsc et
d’absorption σabs. Rappelons que le gain peut être interprété comme de l’absorption négative.
Dans un laser aléatoire, le seuil est exprimé en fonction des longueurs de diffusion et de gain,
suivant le critère de Lethokov I.3.5.

Pour une vapeur atomique, toutes ces longueurs caractéristiques sont définies en fonction de la
polarisabilité atomique αat(ω) à la fréquence angulaire ω. Dans ce cas, on obtient les sections
efficaces d’extinction et de diffusion par :

σext(ω) = k × Im[αat(ω)] (II.3.1)

σsc(ω) =
k4

6π
|αat(ω)|2, (II.3.2)

où k = ω
c

le vecteur d’onde de la lumière illuminant le nuage. La première expression est valide
pour tout milieu diélectrique alors que la seconde ne vaut que pour des diffuseurs dipolaires.
Nous faisons les hypothèses d’une densité et d’un pompage homogènes, hypothèses fortes mais
permettant l’obtention d’expressions analytiques. Les atomes étant des diffuseurs résonants,
nous prenons un laser quasi-résonant avec eux, de sorte nous égalisons le vecteur d’onde k
avec k0 = ω0

c
où ω0 est la fréquence angulaire de la résonance atomique. Nous définissons une

polarisabilité atomique adimensionnée α̃at définie par αat = α̃at × 6π
k0

3 , où nous avons omis la
dépendance fréquentielle. Dans ce cas, les sections efficaces de diffusions et de gain se réécrivent
selon :

σsc(ω) = σ0|α̃at|2 (II.3.3)

σg(ω) = σ0(|α̃at|2 − Im[α̃at]), (II.3.4)
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avec σ0 = 6π
k0

2 = 3λ2

2π
. On peut alors montrer que le critère de Lethokov s’écrit seulement en

fonction de la polarisabilité atomique [Froufe-Pérez 2009] :

ρ0σ0Lcr = ηb0 >
2π

√

3|α̃at|2(|α̃at|2 − Im[α̃at])
, (II.3.5)

où η est appelé la longueur d’extrapolation et prend en compte les conditions aux bords dans
l’équation de la diffusion. Cette expression n’est valide que dans le régime diffusif et en présence
de gain, impliquant |α̃at|2 − Im[α̃at] > 0. Dans le cas où l’approximation de la diffusion est
invalidée, le transport de la lumière doit être analysé au moyen de l’équation de transfert
radiatif, dont on pourra déduire le seuil du laser aléatoire. Pour plus de détails, se référer
à [Pierrat 2007a,Froufe-Pérez 2009,Baudouin 2013b,Guerin 2016b].

La condition de seuil s’exprime donc en fonction d’une épaisseur optique à résonance critique
qui, nous le rappelons, est un paramètre intrinsèque du nuage d’atomes froids. Celle-ci s’ex-
prime seulement en fonction de la polarisabilité atomique, grandeur complexe, qui dépend des
paramètres de la pompe. Même si le critère de Lethokov fait intervenir deux longueurs caracté-
ristiques différentes, la seule connaissance de la polarisabilité est suffisante puisque ses parties
réelle et imaginaire sont liées par les relations de Kramers-Kronig. Cette particularité est due
au système physique que nous étudions dans lequel les mêmes atomes contribuent la fois au
gain et à la diffusion. Expérimentalement, cela peut être très intéressant puisqu’une simple
mesure de transmission peut fournir assez d’information pour déterminer le seuil du laser aléa-
toire. En effet, la mesure d’un spectre de transmission d’une sonde faiblement saturante s’écrit
comme Tat(ω) = exp(−b0 Im[α̃at(ω)]) et permet la caractérisation complète de la polarisabilité
atomique [Guerin 2009].

L’expression du seuil (II.3.5) peut être testée et comparée pour les différents mécanismes de
gain. On obtient ainsi les épaisseurs optiques critiques dans chaque cas et il est possible de
conclure sur la faisabilité d’un laser aléatoire à atomes froids basé sur un gain particulier.
Concernant le gain Mollow, une expression analytique de la polarisabilité atomique peut être
calculée [Mollow 1972] en fonction des paramètres de la pompe. Dans les autres cas, il faut
résoudre numériquement les équations de Bloch optiques e ou alors déterminer expérimentale-
ment la polarisabilité atomique. On pourra notamment trouver plus de détails dans les réfé-
rences [Froufe-Pérez 2009,Guerin 2009,Mercadier 2011].

Du gain et de la diffusion avec les atomes seulement

Le mécanisme de gain Raman hyperfin s’avère être celui présentant un seuil le plus bas, c’est
donc ce type de gain qui a été sélectionné. Cependant, dans tous les mécanismes étudiés, la
fréquence à laquelle l’amplification est obtenue est désaccordée de plusieurs largeurs naturelles
Γ de la transition sur laquelle la lumière est diffusée. Nous sommes donc dans un régime de
fort gain mais de faible diffusion. La question de la validité de l’approximation de la diffusion
se pose donc et nous devons avoir recours à l’équation de transfert radiatif pour déterminer le
seuil du laser aléatoire [Guerin 2016b].

Cependant, la riche structure interne de la raie D2 du 85Rb (et des autres métaux alcalins)
permet de combiner du gain et de la diffusion, obtenu grâce à une transition fermée supplé-
mentaire. On aboutit donc à un mécanisme de gain impliquant cinq niveaux, comme présenté

e. Ce sont des équations différentielles décrivant l’évolution temporelle d’un atome (plus particulièrement les
populations et cohérences, respectivement termes diagonaux et hors diagonaux de la matrice densité atomique)
soumis à une lumière externe.
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Figure II.3.2 – Principe de fonctionnement du gain Raman hyperfin en présence d’une transition
supplémentaire fournissant la diffusion (rectangle grisé), utilisé pour observer un laser aléatoire à
atomes froids. Adaptée de [Baudouin 2013a].

sur la figure II.3.2. Les deux niveaux hyperfins fondamentaux |F = 2〉 et |F = 3〉, notés |2〉
et |3〉, sont utilisés pour induire du gain Raman hyperfin via le niveau excité |2′〉. Le laser
impliqué dans la génération du gain est appelé laser Raman. Le niveau |3′〉 est nécessaire pour
maintenir l’inversion de population. On rajoute le niveau |1′〉 pour fournir la diffusion requise.
Cette diffusion s’effectue à la fréquence du gain si le désaccord ∆ du laser Raman par rapport
au niveau |2′〉 est choisi égal à la différence de fréquence entre |1′〉 et |2′〉. Le choix de ce niveau
supplémentaire a d’importantes conséquences. La première est qu’une transition allant de |3〉
vers |1′〉 est interdite dans l’approximation dipolaire électrique f. Ce dernier état d’énergie n’in-
teragit donc pas avec le faisceau Raman et ne détruit pas le gain Raman induit. La transition
|2〉 → |1′〉 est fermée et est donc efficace pour diffuser la lumière sans changer l’équilibre des
populations dans les niveaux hyperfins fondamentaux. Enfin, l’écart entre |1′〉 et |2′〉 n’est que
de 29 MHz = 4.8Γ, de sorte que le désaccord ∆ peut être assez faible pour garantir un gain
Raman efficace, tout en étant suffisant pour que le faisceau Raman soit peu diffusé, assurant
ainsi un gain homogène.

L’intensité relative entre le repompeur et le laser Raman ainsi que leur désaccord permet
d’ajuster l’équilibre des populations entre les deux niveaux hyperfins fondamentaux. Si le laser
Raman est plus puissant que le repompeur, la grande majorité des atomes va se retrouver dans
|2〉, le système présentera beaucoup de diffusion mais peu de gain. A l’inverse, si le repompeur
est plus intense, les atomes vont être dans |3〉 et nous aurons beaucoup de gain au détriment
de la diffusion. On peut donc passer continûment d’une situation à l’autre. Il est alors possible
de chercher le meilleur compromis entre gain et diffusion. Basé sur une résolution numérique
des équations de Bloch optiques avec un terme supplémentaire de diffusion sur la transition
|2〉 → |1′〉, on obtient une épaisseur optique critique de l’ordre de vingt pour dépasser le seuil
du laser aléatoire [Baudouin 2013a, Mercadier 2011]. Cependant, ce modèle ne prend pas en
compte les sous-niveaux Zeeman et ne peut donc pas être utilisé pour faire des prédictions
quantitatives précises.

f. Dans cette approximation, les règles de sélection des transitions imposent que ∆F = F ′ − F = 0, ±1.
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II.3.3. Observation expérimentale

L’implémentation du gain Raman hyperfin à cinq niveaux a permis l’observation d’un laser
aléatoire à atomes froids [Baudouin 2013a]. La procédure expérimentale est globalement simi-
laire à ce qui a été présenté précédemment II.2.1.4. Un temps de chargement et une étape de
compression constants permettent de créer un nuage ayant un nombre d’atomes constant suivi
d’une étape de temps de vol faisant varier l’épaisseur optique à résonance b0. Les atomes sont
ensuite illuminés par deux faisceaux contra-propageant de pompe. Dans le même temps, le
repompeur, légèrement désaccordé par rapport à la transition |2〉 → |3′〉, permet le maintien de
l’inversion de population. La fréquence du laser Raman est balayée autour de δR pour obtenir
du gain à résonance sur la transition |2〉 → |1′〉. La fluorescence totale est mesurée avec un
photomultiplicateur, la collectant dans un angle solide de 10−2 sr, le signal étant moyenné sur
plusieurs milliers de cycles. L’expérience est répétée avec différentes épaisseurs optiques mais
en gardant le nombre d’atomes fixé. Les variations observées dans le signal sont donc dues
seulement à des effets collectifs. Les mesures sont reportées sur la figure II.3.3(a).

La première observation est la croissance de la fluorescence en fonction de b0 loin de la transition
|2〉 → |1′〉 (région 1 de la figure II.3.3(a)). Les photons issus de la pompe peuvent subir une
transition Raman spontanée. Cette lumière est alors amplifiée par le gain Raman produit par
l’ensemble des atomes du nuage, avant de s’en extraire en suivant un mouvement balistique.
L’efficacité de ce processus dépend de l’épaisseur optique.

Quand la pompe est accordée proche de δR = 0 (région 2 de la figure II.3.3(a)), la combinaison
de gain et de diffusion conduit à une augmentation de la fluorescence, marquée par une bosse
qui émerge quand b0 croît. La diffusion multiple augmente la longueur de trajet d’un photon
dans le milieu qui est amplifié par le gain Raman. Ce schéma est au coeur du fonctionnement
d’un laser aléatoire.

Néanmoins, il reste à savoir si cette augmentation de fluorescence est compatible avec l’obser-
vation d’un effet de seuil. Pour cela, l’amplitude de la bosse est tracée en fonction de l’épaisseur
optique. Afin de l’extraire, les ailes du signal sont ajustées avec une fonction quadratique pour
supprimer ce bruit de fond. Le signal restant est une courbe en forme de cloche, centrée sur
δR = 0. De manière surprenante, elle est bien modélisée par une gaussienne dont on peut dé-
duire l’amplitude et la largeur, figure II.3.3(b)-(c). Un seuil dans l’amplitude est clairement
visible, avec une rupture de pente localisée en b0 = 6 ± 1. Cela s’accompagne d’une saturation
de la largeur de la fluorescence supplémentaire pour des épaisseurs optiques supérieures à six.
Cet effet de seuil est interprété comme la signature du laser aléatoire. Notons que la variation
de l’épaisseur optique agit simultanément sur la quantité de gain ainsi que sur la rétroaction
jouée par la diffusion multiple. C’est assez inhabituel en physique des lasers où le seuil est
généralement exprimé en fonction de l’intensité de pompage. Ici, augmenter la puissance du
repompeur revient à accroître l’inversion de population, et donc le gain, mais diminue dans le
même temps la diffusion multiple. Il faut donc ajuster finement l’intensité et le désaccord des
lasers Raman et repompeur pour l’observation du laser aléatoire.

Enfin, précisons que ces observations sont en accord qualitatif avec un modèle ab initio basé
sur le critère de Lethokov [Baudouin 2013a]. Il reste néanmoins des différences notables, en
particulier l’obtention d’un seuil expérimental plus faible que ce que le modèle prédit. Une
raison peut venir de la présence d’interférences négligées dans cette approche diffusive. Ajoutons
aussi que les effets liés à la polarisation de la lumière, à l’existence des sous-niveaux Zeeman, à
la température ou la densité non homogène du nuage sont aussi négligés. Il est donc nécessaire
d’avoir recours à un modèle plus précis pour rendre compte de l’abaissement du seuil du laser
aléatoire.
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Figure II.3.3 – Observation expérimentale d’un laser aléatoire à atomes froids, réalisée dans notre
groupe. (a) Mesure de la fluorescence totale émise par le nuage en fonction de la fréquence du laser
Raman pour différentes épaisseurs optiques à résonance. L’échelle verticale est arbitraire pour faciliter
la lecture. (b) Fluorescence supplémentaire autour de δR = 0 extraite des données brutes, après
lissage et suppression des ailes du signal. (c) Amplitude et largeur de la fluorescence autour de δR = 0
extraites à partir d’un ajustement gaussien des données. La présence d’une rupture de pente dans le
graphe de δPF en fonction de b0 indique la présence du seuil de l’émission de laser aléatoire. Images
tirées de [Baudouin 2014a].
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II.3.4. Vers une détection directe

Il est important de noter que l’observation de la fluorescence totale du nuage est une mesure
indirecte de la signature du laser aléatoire, ce qui n’a rien d’évident a priori. En effet, dans un
modèle de laser à quatre niveaux, aucune augmentation de la fluorescence du milieu amplifica-
teur n’est prévue au seuil mais seulement une ré-émission des photons spontanées dans le mode
de la cavité optique entourant le milieu. Dans le cas qui nous intéresse, le signal contient à la
fois la lumière issue du laser aléatoire et celle provenant de la diffusion des lasers Raman et re-
pompeur. Discriminer une raie d’émission par rapport à l’autre peut s’avérer complexe puisque
les longueurs d’onde sont identiques, seule la fréquence diffère de quelques megahertz, voire
gigahertz. Une autre difficulté réside dans le fait qu’aucune direction n’est privilégiée dans le
rayonnement du laser aléatoire, qu’on ne peut donc pas séparer spatialement des autres. Dans
les lasers aléatoires usuels, cette séparation est faite spectralement ou temporellement (avec
des impulsions de pompe très courtes), ce qui est nécessaire du fait de la puissance élevée de
la pompe par rapport à celle du laser aléatoire lui-même. Néanmoins, la transition |2〉 → |1′〉
ne diffuse pas la lumière provenant des deux lasers externes. Il en résulte que la raie du laser
aléatoire a une amplitude comparable à celle des autres transitions mises en jeu dans notre
système. C’est pour cette raison qu’il est possible de mesurer un signal provenant du laser
aléatoire dans la fluorescence totale.

Si l’on veut pouvoir caractériser les propriétés de cohérence temporelle d’un laser aléatoire à
atomes froids, il est nécessaire d’en obtenir une signature expérimentale directe. Pour cela,
certaines pistes peuvent être exploitées. Une première idée est d’obtenir un affinement spec-
tral mesuré avec une cavité Fabry-Pérot. Cette mesure s’avère très compliquée. Pour pouvoir
résoudre correctement le spectre de l’émission du laser aléatoire, il faut avoir une finesse assez
grande, et cela au prix du nombre de photons transmis à travers la cavité. Une autre possi-
bilité est de réaliser un battement entre la lumière du laser aléatoire et un oscillateur local.
Une dernière option est de réaliser la même mesure dans le domaine temporel en mesurant les
corrélations d’intensité du rayonnement du laser aléatoire. Ces deux derniers types de mesure
ont été retenus pour étudier la cohérence temporelle du laser aléatoire et sont développées dans
ce manuscrit.

Avant d’obtenir des informations sur les propriétés de cohérence, il est nécessaire de réaliser
des tests au préalable. Dans tous les cas, le rayonnement émis peut être un mélange de photons
diffusés une ou plusieurs fois. Les bruits intrinsèques des lasers Raman et repompeur peuvent
perturber les mesures. Afin d’extraire la contribution des photons du laser aléatoire, il faut
caractériser les lasers utilisés, que ce soit leur spectre optique ou, de manière équivalente, leur
bruit de fréquence. La seconde étape est de mesurer les propriétés de cohérence de la lumière
dans les régimes de diffusion simple ou de diffusion multiple, en absence de gain. Il sera ensuite
nécessaire de reproduire ces expériences, en présence de gain dans un premier temps, sous le
seuil du laser aléatoire, avant de recommencer au-dessus. Avec l’implémentation des mesures
de g(1)(τ) ou g(2)(τ), il va être possible d’étudier le passage d’un régime à l’autre.
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Introduction

Bien souvent, le bruit, ou de manière équivalente les fluctuations, est présenté comme étant un
écueil dont on veut s’affranchir. Cependant, son analyse peut s’avérer essentielle pour étudier
plus en détail une quantité. C’est le cas, par exemple, en optique si l’on souhaite déterminer la
nature classique ou quantique de la lumière. L’étude de valeurs moyennes seules ne suffit plus et
nous devons aller plus loin en mesurant des taux de coïncidence [Clauser 1969,Aspect 1982], des
fonctions de corrélation [Aspect 1982,Kimble 1977,U’Ren 2005,Chanelière 2005,Peyronel 2012]
ou des fluctuations [Silberhorn 2001,Josse 2003,Marino 2008,Agha 2010]. Les nuages d’atomes
froids sont des milieux particulièrement intéressants pour ce type de mesure. En étudiant les
fluctuations et les corrélations de la lumière transmise à travers eux, il est possible de sonder le
mouvement des atomes [Grover 2015, Jurczak 1995, Jurczak 1996] ou de caractériser des effets
plus subtils dûs aux interférences en diffusion multiple [Assaf 2007, Assaf 2008, Müller 2015].
Un autre intérêt de l’étude de ces fluctuations est aussi de faire la distinction entre la lumière
diffusée par les atomes froids vus comme un milieu passif et celle issue d’un laser aléatoire à
atomes froids [Baudouin 2013a], permettant ainsi l’obtention d’un signal direct d’un effet laser,
voir section II.3.4.

Dès lors, l’étude des fluctuations de l’intensité lumineuse s’avère déterminante pour mieux com-
prendre l’interaction entre la lumière et un système physique. Une configuration expérimentale
typique est de mesurer les fluctuations de la lumière transmise à travers le milieu à étudier,
comme une vapeur atomique. Néanmoins, l’observation de bruit caractéristique de l’interac-
tion entre la lumière et les atomes nécessitent une bonne connaissance des bruits intrinsèques
présents dans le laser incident. Deux types de bruits sont à considérer. Le bruit d’intensité est
habituellement faible du fait de la saturation du gain, si le laser fonctionne au-dessus du seuil.
Toutefois, le bruit d’intensité présente une limite fondamentale, appelé bruit de grenaille ou
shot-noise, due à la statistique de Poisson des photons du laser. De fait, si l’amplitude d’un
bruit résultant de l’interaction lumière-matière est inférieure à celle du bruit de grenaille, il va
être impossible de mesurer le signal correspondant. Néanmoins, des techniques expérimentales
ont été mises en place pour résoudre des structures sub-shot-noise [Mitsui 2013], apportant des
informations sur les atomes et la lumière.

Contrairement au bruit d’intensité, le bruit de fréquence ne présente aucun mécanisme limitant
son impact. C’est donc un bruit important à caractériser puisqu’il peut masquer le signal
d’intérêt. La difficulté réside dans le fait que ce bruit n’est pas mesurable en l’état. En effet, les
fluctuations de fréquence sont liées aux fluctuations de phase. L’appareil de mesure détectant le
carré du champ électrique, ces bruits sont inaccessibles. Il faut procéder au préalable à une étape
de conversion par un système physique, dénommé discriminateur de fréquence, pour passer de
bruit de fréquence à bruit d’intensité. Une étude détaillée du discriminateur de fréquence est
alors nécessaire pour connaître le facteur de conversion et déduire le bruit de fréquence incident.
Un tel système doit présenter une résonance et les atomes sont donc de bons candidats pour
réaliser la conversion, ce qui a été effectivement réalisé au début des années 90 [Yabuzaki 1991].
Ont suivi ensuite plusieurs expériences où le rôle de la largeur du laser a notamment été étudié
dans l’efficacité de la conversion [Camparo 1999]. Cette méthode expérimentale est connue
sous le nom de spectroscopie de bruit. Elle peut être particulièrement intéressante pour mieux
caractériser les bruits intrinsèques d’un laser. De manière générale, les mesures ont été réalisées
sur des atomes chauds, présentant donc un effet Doppler important. L’usage des atomes froids
permet de s’en affranchir, dans une certaine mesure, et donc d’améliorer la conversion de bruit
au sein de la vapeur atomique froide.

L’analyse des fluctuations de la lumière ne se limite pas à la compréhension de ses bruits
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intrinsèques. Elle peut aussi nous renseigner sur les propriétés de diffuseurs immergés dans une
matrice (solide ou liquide). C’est situation est contraire au cas de la spectroscopie de bruit où
la mesure des fluctuations d’intensité transmise nous a apporté des informations sur la lumière
incidente. L’analyse des fluctuations de la lumière diffusée dans le régime de diffusion multiple
est connue sous le nom de spectroscopie des ondes diffuses [Pine 1988] (DWS en anglais).
Son application permet l’obtention d’informations sur les propriétés dynamiques des particules
diffusantes. En particulier, plus le trajet de la lumière au sein du milieu est grand, plus la
sensibilité de cette technique au mouvement des diffuseurs est accrue. Il est alors possible de
sonder des déplacements très faibles, pouvant être bien inférieurs à la longueur d’onde de la
lumière envoyée. Plusieurs applications en découlent, comme la détermination de la taille de
particules [Pine 1990b,Rega 2001,Scheffold 2002], l’éude du mouvement brownien [Weitz 1989,
Kao 1993] ou des interactions hydrodynamiques [Fraden 1990,Weitz 1993]. Dans tous les cas,
l’observable est la fonction de corrélation temporelle de l’intensité g(2) de la lumière diffusée
par le milieu à étudier. Nous rappelons que cette fonction s’écrit comme :

g(2)(τ) =
〈I(t)I(t+ τ)〉

〈I(t)〉2 , (A)

où 〈. . .〉 correspond à une moyenne temporelle. Certaines valeurs prises par cette fonction
sont remarquables. Par exemple, dans le cas d’un grand nombre de diffuseurs, la lumière peut
être considérée comme chaotique pour laquelle g(2)(0) = 2, représentant un groupement de
photons. Plus particulièrement, la valeur prise en τ = 0 nous renseigne sur la nature classique
ou quantique de la lumière. Dans la limite τ → +∞, g(2)(τ) tend vers un, indiquant une
décorrélation des temps d’arrivée des photons sur les détecteurs. Les analyses de la décroissance
temporelle et du changement de forme de la fonction g(2) apportent des informations sur la
dynamique des diffuseurs. La cadre de la théorie de la DWS est celui du de la diffusion multiple
de la lumière. La fonction de corrélation du premier ordre g(1) peut être calculée [Maret 1987,
Pine 1988] et on peut montrer qu’elle est reliée à la fonction g(2) par la relation de Siegert :

g(2)(τ) = 1 + β|g(1)(τ)|2, (B)

où le facteur β est relié aux nombres de modes spatiaux et de polarisations détectés.

L’étude de la diffusion dynamique de la lumière dans les atomes froids permet d’explorer de
nouveaux régimes. Premièrement, le caractère résonant de le section efficace de diffusion des
atomes permet de passer du régime de diffusion simple au régime de diffusion multiple juste
en désaccordant le laser. La présence de cette résonance fine spectralement peut aussi être
exploitée, puisque les expériences de DWS sont souvent réalisées hors résonance. Enfin, en
dehors du piège, les atomes suivent un mouvement purement balistique du fait de leur vitesse
non nulle. Ce type de mouvement est difficilement accessible du fait de l’immersion des diffuseurs
dans la matrice environnante.

Dans cette partie, nous nous intéressons donc à l’étude des fluctuations de la lumière transmise
et diffusée par un nuage d’atomes froids. Le premier cas, exploré dans le chapitre III, cherche
à analyser les bruits intrinsèques d’un laser convertit en bruit d’intensité par les atomes. Nous
étudierons en détail cette conversion et verrons que l’on peut faire de la spectroscopie en
analysant les fluctuations d’intensité de la lumière transmise. Le second cas, développée dans
le chapitre IV, adapte la technique de DWS au cas d’un nuage d’atomes froids en mouvement
purement balistique. Nous verrons notamment que la fonction de corrélation de l’intensité, dans
le régime de diffusion simple, peut servir de thermomètre et nous mettrons en évidence le rôle
de la diffusion multiple dans la perte de cohérence de la lumière diffusée par les atomes.
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Chap III - Spectroscopie de bruit : Conversion de bruit de fréquence en bruit

d’intensité par un nuage d’atomes froids

Dans l’expérience présentée dans ce chapitre, nous allons nous intéresser au processus de conver-
sion de bruit due à l’interaction entre un laser et un discriminateur de fréquence, ici un nuage
d’atomes froids. Nous allons notamment voir que les études des fluctuations de l’intensité trans-
mises permet de remonter au bruit de fréquence intrinsèque présent dans le laser incident.

Nous implémentons une configuration particulière dans laquelle la mesure des fluctuations d’in-
tensité s’effectue sur un laser transmis par un nuage d’atomes. Cette géométrie peut être in-
téressante pour étudier différentes propriétés, comme la réduction de bruit sous la limite du
shot-noise (bruit de grenaille, voir section III.1.2) [Lambrecht 1996, Ries 2003], un ajout de
bruit dû à la structure atomique interne via diffusion Raman [Lezama 2015], la fluorescence
coopérative d’un nuage dilué d’atomes forcé [Ott 2013] ou les non-linéarités optiques à deux
photons [Peyronel 2012]. Cette méthode peut aussi être mise en oeuvre pour l’étude du mouve-
ment des atomes par l’analyse des fluctuations d’intensité de la lumière ré-émise. Ce dernier cas
est celui qui nous intéresse ici. Un des avantages de cette technique est un très grand rapport
signal sur bruit comme la mesure s’effectue sur le laser transmis directement. Cependant, la
contre-partie est la contribution des bruits intrinsèques du laser qui peuvent être important,
avec notamment la conversion du bruit de phase, ou de fréquence, du laser en bruit d’intensité
détecté. La bonne connaissance des bruits intrinsèques du laser est donc requise pour permettre
l’utilisation future de cette configuration vers l’avant pour la mesure d’un ajout de bruit par
les vapeurs atomiques. Il convient donc de réaliser une caractérisation précise des bruits intrin-
sèques du laser avec des moyens standards, comme une cavité Fabry-Pérot, avant de regarder
l’impact des atomes.

Nous commençons par étudier les bruits intrinsèques du laser que l’on utilise pour sonder les
atomes, en débutant par son bruit d’intensité. Nous expliquons aussi le principe de la mesure
d’un bruit de fréquence à l’aide d’un discriminateur de fréquence. Enfin, nous analysons en
détails la conversion de bruit de fréquence en bruit d’intensité par les vapeurs atomiques froides.
En particulier, nous mettons en évidence la possibilité d’obtenir des informations sur la sonde ou
sur les atomes directement en analysant ces fluctuations d’intensité, réalisant ainsi des mesures
spectroscopiques grâce au bruit.

III.1. Etude des bruits intrinsèques d’un laser

La connaissance et le contrôle des fluctuations d’amplitude ou de fréquence d’un laser peut s’avé-
rer déterminante. En effet, dans toutes mesures d’interférométrie où le but est de mesurer des
déphasages, il est nécessaire d’avoir recours à des lasers ayant de très faibles bruit d’amplitude
ou de phase. C’est le cas pour la métrologie de fréquences [Dumont 2014], pour l’interférométrie
atomique [Nazarova 2008] ou la détection d’ondes gravitationnelles [Abadie 2011].

L’étude de la conversion de bruit réalisé par une vapeur atomique nécessitent une bonne connais-
sance des bruits intrinsèques du laser illuminant les atomes, que ce soit son bruit d’intensité
ou son bruit de fréquence. Ceci est d’autant plus important que la géométrie vers l’avant que
nous analysons impose la mesure, à la fois, du champ laser incident et du champ diffusé. Un
des avantages réside dans le rapport signal sur bruit. Cependant, le bruit de fréquence intrin-
sèque du laser peut contribuer à masquer l’impression de phase provenant de l’interaction avec
les atomes. Cette géométrie nécessite donc une très bonne connaissance du laser utilisé. Nous
étudions donc dans cette section l’étude des bruits d’intensité et de fréquence du laser qui nous
sert à sonder les atomes.
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III.1.1. Description statistique d’une variable aléatoire réelle

Un laser est souvent décrit comme étant une lumière parfaitement monochromatique, dont le
spectre peut donc être représenté par un pic de Dirac à la fréquence d’émission. Malheureu-
sement, plusieurs types de perturbations peuvent modifier la phase du champ électrique. La
somme de ces perturbations impose donc une certaine largeur au spectre optique de la source.
Comme exemple de ces sources de bruits, nous pouvons citer les vibrations de la table optique
ou les fluctuations de température. Elles sont responsables de variations de la longueur de la
cavité optique du laser et se traduisent par des fluctuations sur la fréquence instantanée du
laser. Notons que ces exemples de bruits, seulement d’origine technique, ne sont pas les seuls
responsables de l’élargissement du spectre du laser par rapport au cas idéal. La présence d’émis-
sion spontanée dans le mode du laser induit aussi des fluctuations de phase, imposant de facto
une limite fondamentale à la largeur du laser (largeur de Schawlow-Townes, [Schawlow 1958]).
Nous ne détaillerons pas plus ici les origines de bruit de phase. Nous décrirons, en revanche,
les notions nécessaires à la bonne description des propriétés spectrales d’un laser, en suppo-
sant le bruit de phase comme étant une fonction aléatoire du temps caractérisée par certaines
grandeurs statistiques à définir.

Considérons une fonction x(t) aléatoire réelle du temps. Nous la supposons stationnaire, dont
les propriétés statistiques sont invariantes par translation dans le temps, ergodique, impliquant
que la moyenne sur les réalisations est égale à la moyenne temporelle a. Nous imposons, en
plus, que x(t) soit bornée entre −T et T pour éviter toutes divergences. La fonction aléatoire
x(t) doit donc être de carré sommable. Ce temps T est choisi assez grand pour n’avoir aucun
impact sur les propriétés statistiques de x(t). Le premier moment de x(t), sa valeur moyenne,
est définie par :

〈x〉 =
1

2T

∫ T

−T
dt x(t). (III.1.1)

Le second moment, défini comme la variance de x(t), s’écrit :

σ2
x =

〈

(x(t) − 〈x〉)2
〉

= 〈x2〉 − 〈x〉2 . (III.1.2)

Nous définissons aussi l’écart-type σx qui est la racine carrée de la variance. Nous nous limiterons
dans la suite seulement à ces deux moments.

De manière générale, l’étude des propriétés temporelles d’une variable aléatoire se fait à travers
celle de la fonction d’auto-corrélation Rx(t), donnée par :

Rx(τ) = 〈x(t)x(t + τ)〉 . (III.1.3)

En tenant compte de la stationnarité de x(t), Rx(t) ne dépend que de τ . A ce point, plusieurs
observations peuvent déjà être faites. Tout d’abord, la stationnarité implique aussi la parité de
la fonction d’auto-corrélation. Enfin, nous pouvons montrer qu’elle est maximale en τ = 0 et
vaut Rx(τ = 0) = σ2

x + 〈x〉2 et converge vers 〈x〉2 quand τ tend vers l’infini. Ces propriétés ont
déjà été rencontrées lors de l’étude des fonctions de corrélation du champ électrique I.4.

Par ailleurs, les propriétés spectrales d’une fonction aléatoire sont caractérisées par la densité
spectrale de puissance (DSP) Sx. Par définition, c’est la transformée de Fourier de la fonction
d’auto-corrélation :

a. Une seule réalisation de x(t) permet donc de connaître toutes ses grandeurs statistiques.
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Sx(Ω) =
∫ +∞

−∞
dτ Rx(τ)e−iΩτ . (III.1.4)

Cette relation intégrale, aussi appelée théorème de Wiener-Khintchine, sera très importante
dans la suite de manuscrit. Précisons que nous avons pris la convention suivante pour la trans-
formée de Fourier :

x̂(Ω) =
∫ +∞

−∞
dt x(t)e−iΩt (III.1.5)

x(t) =
1

2π

∫ +∞

−∞
dΩ x̂(Ω)eiΩt. (III.1.6)

L’application du théorème de Wiener-Khintchine (III.1.4) permet aussi de relier la densité
spectrale de puissance et le module carré de la transformée de Fourier suivant la relation :

Sx(Ω) =
|x̂(Ω)|2

2T
. (III.1.7)

Cette dernière expression montre donc que la DSP est une fonction réelle définie positive. Physi-
quement, la DSP correspond à la répartition spectrale de l’énergie du signal x(t). L’intégration
de la DSP sur l’ensemble des fréquences donne donc la puissance totale contenue dans x(t).

III.1.2. Bruit d’intensité

La première caractérisation, et la plus aisée, des bruits d’un laser concerne ses fluctuations
d’intensité. Leurs origines peuvent être diverses : techniques (variations de courant dans les
blocs d’alimentation, variations de température de la diode laser), relatives à la diode laser
elle-même (fluctuations d’amplitude en dessous du seuil dues à l’émission spontanée, bruit
de recombinaison électron-trou) ou bien fondamentale (le shot noise dû à la statistique de
Poisson caractérisant la répartition des photons émis par le laser). Dans tous les cas, toutes
les mesures seront limitées par le shot-noise. La nature d’un bruit, qu’elle soit quantique ou
classique, peut être tranchée en mesurant le niveau de bruit de la densité spectrale de puissance
du photocourant SP mesuré à certaines fréquences en fonction de l’intensité optique moyenne
incidente. On montre, en effet, que pour le shot-noise :

SP,shot noise(ω) = 2~ωL 〈P 〉 , (III.1.8)

avec ~ la constante de Planck réduite, ωL la pulsation du laser et 〈P 〉 la puissance optique
moyenne du laser. Dans le cas d’un bruit classique, la DSP est proportionnelle à l’intensité
moyenne au carré :

SP,bruit classique(ω) ∝ 〈P 〉2 . (III.1.9)

Le comportement du niveau de bruit en fonction de la puissance optique à fréquence fixe nous
renseigne donc sur la nature du bruit en présence.

Le schéma de la mesure est très simple : on envoie le laser, la diode DFB, sur une photodiode
connectée à un oscilloscope et nous enregistrons les fluctuations du photocourant SP à puissance
optique moyenne 〈P 〉 fixée en fonction de la fréquence. Nous avons utilisé une photodiode
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Figure III.1.1 – (a) DSP SP typique du bruit d’intensité de la diode DFB en fonction de la fré-
quence de Fourier Ω, pour une puissance moyenne de 80 µW. (b) Niveau de bruit des fluctuations
SP d’intensité du laser en fonction de la puissance moyenne incidente sur la photodiode, pour trois
fréquences différentes. Ces mesures sont bien décrites par un comportement quadratique de l’intensité
(ligne pleine). La ligne pointillée correspond au niveau du shot-noise calculé avec (III.1.8).

transimpédance de gain 6 × 105 V·W−1 et de bande-passante 6 MHz. Pour chaque mesure,
nous avons normalisé les spectres par la courbe de réponse de la chaîne de détection. Une
mesure typique est présentée sur la figure III.1.1(a). L’axe vertical est en W2·Hz−1, les unités
naturelles de la densité spectrale de puissance des fluctuations d’intensité. La DSP décroit
comme 1

Ω
, caractéristique d’un bruit Flicker. La bosse à 20 kHz est due à la bande-passante

de l’asservissement en fréquence de la DFB. Pour connaître la nature du bruit, nous avons
mesuré les niveaux de bruit de la DSP à différentes fréquences. Les résultats sont résumés sur
la figure III.1.1(b). La puissance moyenne a été modifiée au moyen de densités optiques. Les
mesures sont bien ajustées avec un modèle quadratique (ligne pleine), suggérant un bruit de
nature classique. Le niveau de bruit correspondant à un bruit purement quantique, donné par
l’équation (III.1.8) est indiqué (ligne pointillée).

Une manière commode d’exprimer le bruit d’intensité d’une source lumineuse est le bruit d’in-
tensité relatif (RIN, Relative Intensity Noise), défini par :
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Figure III.1.2 – Bruit d’intensité relatif de la diode DFB en fonction de la fréquence de Fourier Ω,
pour trois puissances optiques moyennes incidentes : 〈P 〉 = 2.57, 1.15 et 0.61 µW, de bas en haut.

RIN(Ω) = 10 log

(

SP (Ω)

〈P 〉2

)

, (III.1.10)

où le RIN s’exprime en dB·Hz−1. Dans le cas d’un bruit classique, le RIN doit donc être
constant. En revanche, le RIN devient dépendant de la puissance moyenne dans le cas d’un
bruit quantique. En effet, si 〈P 〉 diminue, alors le RIN augmente. La figure III.1.2 montre la
mesure du RIN de la diode DFB pour trois puissances optiques moyennes incidentes, de l’ordre
du µW correspondant à la puissance typique utilisée pour interagir avec les atomes. A basse
fréquence, les différents RIN sont superposés indiquant effectivement un bruit classique. En
revanche, à plus haute fréquence, le RIN correspondant à la plus faible puissance est supérieur
à celui de la plus grande, suggérant une limitation par le shot-noise. Les données étant très
proches du bruit de fond du détecteur, il est cependant difficile de conclure.

Précisons néanmoins que pour un laser fonctionnant très au-dessus de son seuil, la saturation du
gain tend à réduire les fluctuations d’amplitude qui sont généralement faibles [Grynberg 1997].
Nous négligerons donc dans la suite les fluctuations d’amplitude des mesures présentées dans ce
chapitre. Cependant, il n’existe pas de processus similaire pour stabiliser la phase du laser. Nous
en déduisons que ces fluctuations vont impacter fortement les propriétés spectrales d’un laser.
Nous allons donc nous concentrer dans la suite sur l’étude du bruit de phase, et de manière
équivalente au bruit de fréquence, et son effet sur les performances spectrales d’un laser.

III.1.3. Bruit de fréquence

Nous abordons maintenant l’étude du bruit de fréquence du laser, ou de manière équivalente
son bruit de phase. Nous commencerons, dans un premier temps, par les notions nécessaires
à la description statistique des propriétés spectrales d’un laser, en particulier la modélisation
du champ électrique du laser. Nous verrons, ensuite, que la mesure de la largeur du spectre
optique d’un laser permet une première étude qualitative de bruit de fréquence de cette source
et quantitative par la détermination de la largeur de raie. Enfin, je présenterai les mesures de
bruit de fréquence d’un laser à partir d’une cavité Fabry-Pérot.
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III.1.3.1. Action d’un filtre linéaire et stationnaire

Intéressons-nous maintenant à l’action d’un filtre linéaire et stationnaire sur un signal aléatoire
quelconque, représenté par la quantité x(t). Cette quantité sera considéré comme un bruit de
fréquence Nous cherchons à déterminer les propriétés statistiques en sortie de filtre. Ce filtre
peut être, comme nous le verrons dans la suite, une cavité Fabry-Pérot ou alors une vapeur
atomique.

Soit y(t) le signal aléatoire après le filtrage. Le filtre est caractérisé par sa réponse impulsionnelle
h(t). Nous le supposons linéaire et stationnaire. Dans ce cas, y(t) est relié à x(t) par un produit
de convolution :

y(t) =
∫ +∞

−∞
dt′ x(t− t′)h(t′). (III.1.11)

En passant dans l’espace de Fourier, nous obtenons immédiatement :

ŷ(Ω) = x̂(Ω) × ĥ(Ω). (III.1.12)

Si nous connaissons donc la réponse impulsionnelle du filtre, toutes les caractéristiques de la
fonction aléatoire en avant du filtre sont donc accessibles. En particulier, l’application de la
relation (III.1.7) permet de relier les densités spectrales de puissance avant et après le filtre :

Sy(Ω) = Sx(Ω)|ĥ(Ω)|2. (III.1.13)

Cette dernière relation montre qu’il est possible d’avoir conversion de bruit grâce au filtrage li-
néaire. Par exemple, si le signal x(t) en entrée est assimilé à un bruit de fréquence, ce dernier ne
peut être mesuré tel quel. En revanche, un filtrage bien choisi permet de transformer ce bruit
de fréquence en bruit d’intensité aisément mesurable avec une simple photodiode. L’expres-
sion (III.1.13) est donc très importante et nous verrons dans la suite de ce chapitre comment
la réaliser expérimentalement.

III.1.3.2. Modélisation statistique du bruit de phase

Considérons le champ électrique d’un laser sous la forme :

EL(t) = E0 ei(ωLt+ϕ(t)), (III.1.14)

où ωL représente la fréquence angulaire du laser et ϕ(t) une fonction aléatoire du temps carac-
térisant ses fluctuations de phase. On prend ici E0 constant, comme c’est le cas pour un laser.
Nous choisissons de manière arbitraire 〈ϕ〉 = 0. Notons que l’ajout d’une phase constante dans
la définition du champ électrique du laser (III.1.14) ne modifie pas ses propriétés spectrales.
Nous définissons la fréquence instantanée par :

ω(t) =
dϕ(t)

dt
, (III.1.15)

d’où nous déduisons 〈ω〉 = 0. Il y a donc un ensemble de trois fonctions aléatoires du temps pour
modéliser correctement un laser : E(t), ϕ(t) et ω(t). La connaissance des propriétés statistiques
de ces fonctions aléatoires permet de déduire les caractéristiques spectrales du laser.
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Nous allons définir maintenant de manière plus spécifique les grandeurs statistiques permettant
l’étude d’un laser, en commençant par sa phase et donc la fréquence instantanée. Rappelons
que les propriétés spectrales sont données par la densité spectrale de puissance, ou de ma-
nière équivalente par la fonction d’auto-corrélation dans le domaine temporel. D’après l’équa-
tion (III.1.15), nous pouvons faire le lien entre les quantités statistiques décrivant ω et ϕ :

Sω(Ω) = Ω2 Sϕ(Ω) (III.1.16)

Rω(τ) = −d2Rϕ(τ)

dτ 2
. (III.1.17)

La variance de la fréquence instantanée, caractérisant donc l’amplitude des fluctuations de ce
bruit de fréquence, est obtenue en intégrant Sω. D’un point de vue des unités, Rϕ s’exprime en
rad2 et Sϕ en rad2·Hz−1. De la même manière, les unités de Sω sont Hz2·Hz−1.

Enfin, ces grandeurs nous permettent de définir le temps de cohérence τcoh du laser, comme
étant le temps à partir duquel la phase a tourné en moyenne de 1 rad :

〈

(ϕ(t+ τcoh) − ϕ(t))2
〉

= 1 rad2. (III.1.18)

La signification de ce temps de cohérence est très importante, notamment en interférométrie. En
effet dans ce type d’expérimentation, le champ électrique du laser en plusieurs temps différents
est additionné : on procède donc à une comparaison de la phase du laser en ces instants. Si
le délai temporel est petit devant τcoh, alors on peut considérer que les fluctuations de phase
restent petite pendant ce laps de temps. Dans ce cas, le contraste des interférences est maximal
et on peut assimiler le laser à une source monochromatique. En revanche, quand le décalage
temporel devient grand devant le temps de cohérence du laser, on observe un brouillage total de
la figure d’interférences. La phase du laser se décorrèle donc complètement pendant ce décalage
temporel. Ici, la source laser est considérée comme incohérente. Nous verrons l’importance du
temps de cohérence dans l’étude des corrélations d’intensité de la lumière diffusée par le nuage
d’atomes froids.

Passons maintenant à l’étude du champ électrique E(t). Nous avons :

RE(τ) = 〈E(t+ τ)E∗(t)〉 , (III.1.19)

où E∗(t) est le complexe conjugué de E(t). En prenant la transformée de Fourier, nous obtenons
la densité spectrale de puissance du champ électrique :

SE(Ω) =
∫ +∞

−∞
dτ RE(τ)e−iΩt. (III.1.20)

La signification physique de cette dernière expression est simple : SE(Ω) est le spectre du laser,
caractérisé par sa largeur à mi-hauteur ∆ω.

La connaissance précise du spectre optique est souvent difficile, l’accès aux ailes étant limité par
le système de détection. On aura plutôt tendance à étudier le bruit de fréquence, plus facilement
mesurable comme nous le verrons. Néanmoins, l’accès à cette quantité peut s’avérer pertinente
pour caractériser les effets de l’interaction entre le laser et un système physique, comme une
vapeur atomique froide. L’étude du lien entre ces grandeurs est donc nécessaire en pratique.

Cette relation a été analysée la première fois en 1960 [Middleton 1960]. Par la suite, une étude
théorique et expérimentale a été réalisée quelques années plus tard en fonction des propriétés
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du bruit de fréquence du laser [Elliott 1982]. Nous dérivons maintenant l’expression liant ce
bruit de fréquence au spectre optique, tous les détails pouvant être retrouvés dans ces deux
références.

A partir de l’expression du champ électrique du laser, équation (III.1.14), nous pouvons écrire
sa fonction d’auto-corrélation :

RE(τ) = E2
0eiωLτ

〈

ei(ϕ(t+τ)−ϕ(t))
〉

. (III.1.21)

La manipulation de cette quantité est difficile, puisqu’elle fait intervenir tous les moments de
ϕ(t + τ) − ϕ(t). Pour pouvoir l’exploiter, il faut faire une hypothèse sur ses moments d’ordre
élevés. Pour cela, nous allons supposer que la densité de probabilité de la variable aléatoire
ϕ(t+ τ)−ϕ(t) suit une loi gaussienne. Précisons que cette hypothèse est valable, en particulier,
pour le modèle de diffusion de la phase permettant de décrire ses fluctuations dues à l’émission
spontanée [Schawlow 1958]. Pour des fluctuations d’origine technique, cette hypothèse dépendra
de la nature du bruit, à étudier au cas par cas.

En développant l’exponentielle en série, et en utilisant notre hypothèse de densité de probabilité
gaussienne, nous obtenons :

RE(τ) = E2
0eiωLτ e−

〈(ϕ(t+τ)−ϕ(t))2〉
2 . (III.1.22)

A ce stade du calcul, nous pouvons remarquer que RE(τ) est directement lié au temps de
cohérence au laser. En effet, en prenant la définition (III.1.18), nous déduisons que la largeur
de la fonction d’auto-corrélation est proportionnel à τcoh. Comme le spectre optique SE(Ω) est la
transformée de Fourier de RE(τ), la largeur spectrale ∆ω est donc inversement proportionnelle à
celle de la fonction d’auto-correlation du champ électrique. Nous déduisons donc que ∆ω ∝ τ−1

coh.
Un lien clair entre les fluctuations de phase et les propriétés spectrales d’un laser est donc mis
en évidence.

Pour finir le calcul, il est nécessaire d’exprimer 〈(ϕ(t + τ) − ϕ(t))2〉 en fonction de la densité
spectrale de puissance du bruit de fréquence Sω(Ω). En utilisant les définitions de la fonction
d’auto-corrélation, de la densité spectrale de puissance ainsi que le lien entre bruit de phase et
bruit de fréquence, nous aboutissons finalement à la relation recherchée entre spectre optique
et densité spectrale de puissance du bruit de fréquence :

SE(Ω) = 2E0
2
∫ +∞

−∞
dτ ei(ωL−Ω)τ exp

(

− 1

π

∫ +∞

0
dΩSω(Ω)

sin2(Ωτ
2

)

Ω2

)

. (III.1.23)

Le facteur deux vient du repliement de la puissance contenue dans les fréquences négative sur
les fréquences positives. Cette relation n’a pas de solution analytique a priori, sauf pour des cas
simples de bruits de fréquence qui seront étudiés ultérieurement. Notons que la connaissance
du bruit de fréquence Sω(Ω) permet de remonter au spectre optique SE(Ω) mais l’inverse n’est
généralement pas possible.

III.1.3.3. Mesure de spectre optique par battement

Une première manière de caractériser le bruit de fréquence d’un laser est d’étudier son spectre
optique et donc sa largeur. Rappelons que le spectre optique correspond à la DSP du champ
électrique décrivant le laser. Pour cela, nous faisons interférer deux lasers ensemble, comme
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Laser 1, ωL,1

Laser 2, ωL,2

Coupleur

fibré

PD

rapide

Analyseur de spectre

Battement à |ωL,2 − ωL,1|

Figure III.1.3 – Schéma de la mesure d’un battement entre deux lasers, injectés dans des fibres
monomodes. Ils interfèrent grâce à un coupleur fibré. Le signal est ensuite détecté sur un détecteur
rapide, et la densité spectrale de puissance du battement est mesuré sur un analyseur de spectre,
centré sur la différence entre les fréquences des deux lasers.

indiqué sur la figure III.1.3. Nous cherchons ici à mieux connaître les propriétés spectrales de
la diode DFB dont on dérive les faisceaux MOT et la sonde. Les deux lasers sont asservis en
fréquence indépendamment. Chaque laser est ensuite injecté dans une fibre monomode, avant
d’interférer avec l’autre dans un coupleur fibré 50/50. Le battement est finalement détecté sur
un photodétecteur rapide (Thorlabs PDA8GS, bande-passante 9.5 GHz) et la DSP est mesurée
sur un analyseur de spectre.

Pour décrire la forme du spectre optique, il est nécessaire de définir les champs électriques
des lasers générant le battement. A partir de l’équation (III.1.14), nous avons pour les deux
champs :

EL,1 = E0,1eiωL,1t (III.1.24)

EL,2 = E0,2eiωL,2t+φ(t), (III.1.25)

où un choix judicieux de l’origine des temps permet d’introduire une phase φ(t) relative entre
les deux lasers. Le premier laser est considéré comme parfait, donc infiniment fin. La phase
introduite permet alors de modéliser les fluctuations de phase du second et donc d’un spectre
optique fini. La réalisation d’un battement entre eux est une mesure direct du spectre optique
du laser le plus large. L’intensité détectée IBN par la photodiode est donc :

IBN = |EL,1 + EL,2|2
= |E0,1|2 + |E0,2|2 + 2E0,1E0,2 cos ((ωL,2 − ωL,1)t+ φ(t)) (III.1.26)

Les deux premiers termes correspondent à une composante continue n’ayant aucun effet sur la
forme du spectre optique. La DSP du photocourant IBN représente donc le spectre, centré à
la fréquence différence |ωL,2 − ωL,1|. En passant dans l’espace de Fourier, le spectre est donc
représenté par un pic de Dirac étant, par définition, infiniment fin. Cependant, un laser réel
n’est pas parfaitement monochromatique, présentant une certaine largeur à caractériser. Ces
formes finies de spectre sont donc à prendre en considération pour rendre compte de la forme
du battement finalement obtenu. Dans ce cas là, elle est la convolution des spectres optiques des
lasers qui interfèrent. Un cas particulier est à étudier : celui d’un laser présentant une largeur
négligeable devant celle de l’autre. Le spectre du laser de référence est assimilé à un pic de
Dirac. Le signal du battement peut donc être considéré comme celui du laser plus large.

Afin d’accéder aux propriétés spectrales de la diode DFB utilisée, nous la faisons interférer avec
un laser de référence, une diode en cavité étendue (ECDL pour External-cavity diode laser)
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Figure III.1.4 – Densité spectrale de puissance du photocourant mesurée lors d’un battement entre
la diode DFB et un laser Toptica DL-Pro, pris comme laser de référence. Le centre du spectre a été
recentré sur l’origine. Comme le laser Toptica est considéré comme infiniment fin devant la diode
DFB, la DSP peut être interprétée comme le spectre optique de la DFB. La partie centrale du spectre
(ligne pointillée) est un ajustement gaussien, de largeur ∆ωBN = 3 MHz, voir la section III.1.3.5 pour
une mesure précise de cette largeur. Les ailes du spectre suivent une distribution lorentzienne (ligne
pleine), pour |Ω| > 40 MHz. La DSP est normalisée au maximum du signal. Le span de l’analyseur de
spectre est de 1 GHz, sa résolution de 300 kHz (correspondant aussi au filtre vidéo), de sorte que le
temps de défilement soit 0.5 s. Le niveau de bruit est indiqué par la ligne de longs pointillés gris.

commerciale modèle DL-Pro de Toptica, de largeur spécifiée comme étant inférieure à 500 kHz.
Cette dernière est considérée comme un laser de référence, supposé très fin devant la DFB. Le
spectre du battement est donc, en bonne approximation, celui de la DFB. Une mesure typique
de ce battement est présentée sur la figure III.1.4. La DSP mesurée présente deux parties. A
basses fréquences, elle est bien caractérisée par une distribution gaussienne de largeur 3 MHz.
A hautes fréquences, les ailes suivent une distribution lorentzienne de largeur à mi-hauteur
20 MHz et d’amplitude relative 10−3. Notons que, de manière générale, le spectre optique d’un
laser est caractérisé par un profil de Voigt, convolution entre une gaussienne et une lorentzienne.

Nous venons de caractériser la forme du spectre optique du laser DFB. Mais nous n’avons pas
encore de mesure précise de sa largeur, seulement un ordre de grandeur. Nous cherchons dans
ce paragraphe à déterminer cette largeur, définie comme la largeur à mi-hauteur de la densité
spectrale de puissance du champ électrique. Comme mentionné précédemment, le spectre total
du battement correspond à la convolution des spectres des lasers qui interfèrent. La partie
centrale du spectre, sa partie gaussienne, peut être considérée comme responsable de la largeur
du laser, comme montré sur la figure III.1.4. Néanmoins, cette partie centrale est aussi la
convolution des deux gaussiennes centrales des deux spectres des lasers. La largeur totale est
alors la racine carrée de la somme quadratique des largeurs initiales :

∆ωBN =
√

∆ωL,1
2 + ∆ωL,2

2, (III.1.27)

où ∆ωBN est défini comme la largeur à mi-hauteur (LMH) du spectre du battement, mesuré
par un ajustement gaussien (figure III.1.4), et ∆ωL,1,2 sont les LMH des spectres optiques des
lasers interférant. Nous retrouvons notamment le fait que si un des lasers est bien plus fin que
l’autre, nous mesurons seulement celui le plus large.
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Battement / Laser
Largeur spectrale

mesurée
Largeur spectrale

attendue
Battement ECLD/Toptica (1.11 ± 0.03) MHz

Battement ECLD/DFB (3.16 ± 0.13) MHz
Battement DFB/Toptica (3.0 ± 0.2) MHz

DFB (3.0 ± 0.2) MHz 3.0 MHz [Kraft 2005]
ECLD SYRTE (1.1 ± 0.2) MHz ∼ 100 kHz [Baillard 2006]

Toptica 0.2 (+1.5/− 0.2) MHz < 500 kHz

Table III.1 – Largeurs des spectres optiques mesurées pendant une mesure de battement entre deux
lasers indépendants. Les largeurs de chaque laser sont déduites et comparées à leur valeur attendue.
Les incertitudes associées sont obtenues à 1σ.

Cependant, dans le cas où aucune largeur n’est connue a priori, l’approximation précédente
ne peut être utilisée. Une solution pour remonter à la largeur spectrale est alors de réaliser
la même mesure de battement mais avec plusieurs lasers indépendants. En combinant tous les
battements possibles, nous pouvons déduire chacune des largeurs. Pour mesurer la largeur de
la diode DFB, nous avons utilisé :

— la diode DFB utilisée pour créer les faisceaux de piégeage, voir la section II.2.1.3 pour
les détails de l’asservissement,

— une diode en cavité étendue commerciale de chez Toptica, asservie en fréquence sur une
raie atomique du rubidium par un montage d’absorption saturée,

— une diode en cavité étendue montée dans l’équipe (selon un modèle développé par le
SYRTE [Baillard 2006]), asservie aussi par absorption saturée.

Nous avons donc trois couples de lasers à faire battre pour déduire complètement les largeurs
de chacun. Les battements de chaque couple sont enregistrés sur l’analyseur de spectre après
moyennage sur 100 réalisations, son span étant de 10 MHz et de résolution de 1 kHz, iden-
tique au filtre vidéo, pour un temps de balayage de 0.5 s. Ces mesures sont présentées sur la
figure III.1.5. Nous mesurons ensuite les trois largeurs à mi-hauteur issues des spectres des bat-
tements à partir d’un ajustement gaussien. En les combinant suivant la relation (III.1.27), nous
pouvons déduire les largeurs spectrales de chaque laser, résumées sur le tableau III.1. Cette
procédure est répétée plusieurs fois pour acquérir assez de statistiques pour calculer une barre
d’erreur sur la largeur des lasers donnée à 1σ. Les incertitudes associées à chaque largeur sont
donc obtenues après une analyse statistique de différentes mesures de battements répétées dans
les mêmes conditions.

Précisons que l’impact des oscillateurs contrôlés en tension pilotant les modulateurs acousto-
optiques sur le spectre optique de la diode DFB a aussi été étudié en réalisant son auto-
battement. Nous avons, en effet, observé un élargissement de 20 kHz du spectre après pas-
sage dans un AOM. Tous les détails techniques peuvent être retrouvés dans [Vartabi Kasha-
nian 2016b].

III.1.3.4. Mesure des fluctuations de fréquence

Un photodéteceur ne mesure que des grandeurs d’intensité, c’est à dire qu’il n’est sensible
qu’au carré du champ électrique. Seules les fluctuations d’intensité sont donc accessibles, quel
que soient les fluctuations de phase (et donc de fréquence) du champ. Il faut alors un système
physique permettant de convertir le bruit de fréquence initial en bruit d’intensité mesurable,
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Figure III.1.5 – Parties centrales des battements obtenues en combinant trois lasers indépendants,
centrés sur l’origine. (a) ECLD type Syrte et laser Toptica DL-Pro, (b) ECLD type Syrte et diode
DFB, (c) Diode DFB et laser Toptica DL-Pro. Points rouges : données expérimentales, lignes conti-
nues noires : ajustement gaussien de la partie centrale. Nous mesurons les largeurs à mi-hauteur :
1.11 MHz, 3.16 MHz et 3.0 MHz respectivement. Chaque battement est moyenné 100 fois. La résolu-
tion de l’analyseur de spectre et le filtre vidéo sont égaux et valent 1 kHz, le span étant de 10 MHz.
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suivant l’expression (III.1.13). Nous abordons donc maintenant l’étude de cette conversion pour
déduire le bruit de fréquence du laser. Nous verrons ensuite comment retrouver expérimentale-
ment le spectre optique à partir de cette mesure.

Basée sur la définition de la fréquence instantanée d’un signal (III.1.15), nous avons vu comment
relier la densité spectrale de puissance du bruit de fréquence Sω à celle du bruit de phase Sϕ

par la relation (III.1.16), que nous rappelons :

Sω(Ω) = Ω2 Sϕ(Ω) (III.1.16)

Cette égalité montre qu’un bruit brownien de phase (∝ 1
Ω2 ) est équivalent à un bruit blanc pour

la fréquence. De manière générale, la densité spectrale du bruit de fréquence (DSPBF) est la
somme de différentes contributions :

Sω(Ω) =
2∑

j=−2

hjΩ
j . (III.1.28)

Les différents bruits sont classés en fonction du comportement de leur DSP par rapport à la
fréquence. On classe aussi ces bruits avec une terminologie colorée. Ainsi, si j = 0, nous avons
affaire à un bruit blanc caractérisé par une densité spectrale de puissance plate. Ce type de bruit
est celui rencontré dans le cas du bruit thermique (dit de Johnson–Nyquist) dû à l’agitation
thermique des porteurs de charge à l’équilibre dans une résistance. Un autre exemple de bruit
couramment rencontré est celui en 1

Ω
, appelé bruit rose ou bruit Flicker. Il se retrouve dans

presque tous les composants électroniques. C’est aussi un bruit technique très souvent rencontré
à basse fréquence dans nos expériences. Pour j = −2, le bruit est qualifié de brun. Il apparaît
naturellement dans l’étude du mouvement brownien. Les cas j = 1, 2 sont connus sous les noms
de bleu et violet respectivement.

Conversion de bruit de fréquence en bruit mesurable

Comme mentionné précédemment, la mesure des fluctuations de fréquence d’un signal n’est
possible qu’après transformation en fluctuations d’intensité mesurable avec un photodétecteur.
Cette conversion de bruit est réalisé lors d’un processus de filtrage linéaire, où le signal de sortie
dépend linéairement de celui en entrée.

La figure III.1.6 résume le principe de ce filtrage. Le facteur de conversion entre fluctuations de
fréquence et fluctuations d’intensité est donné par la dérivée de la fonction de transfert du filtre
à la fréquence de travail. L’analyse de cette dernière montre donc que le choix de la fréquence
du laser par rapport au filtre est crucial pour avoir une conversion optimale : on aura tendance
à travailler au milieu du pic de transmission de sorte à optimiser la pente localement. Dans la
suite, nous ferons référence au filtre en parlant d’un discriminateur de fréquence, qui n’est rien
d’autre qu’un système physique présentant une résonance.

Supposons que le signal à l’entrée du discriminateur de fréquence soit l’intensité d’un laser
détectée par une photodiode. A la fréquence du laser ωL, nous mesurons donc :

Itrans(ωL) = IincTF(ωL), (III.1.29)

où TF(ωL) est la réponse fréquentielle du filtre à la fréquence du laser et Iinc = |EL,2|2 est
constante. Maintenant, prenons le cas d’un bruit de fréquence sur le signal d’entrée. L’intensité
en sortie du filtre peut donc s’écrire comme :
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Figure III.1.6 – Principe de la conversion de bruit par un discriminateur de fréquence. Un signal
physique contenant des fluctuations de fréquence inaccessibles directement à l’expérience est envoyé
sur un filtre présentant une résonance en fréquence. Après passage à travers ce dernier, les fluctuations
de fréquence sont converties en fluctuations d’intensité facilement mesurables avec un photodétecteur.
La connaissance de la fonction de transfert du filtre permet donc de déduire les fluctuations présentes
initialement. Le facteur de conversion entre les deux types de fluctuations étant la pente locale de la
fonction de transfert à la fréquence du laser, le filtrage sera optimal en choisissant une fréquence de
travail maximisant la valeur absolue de la dérivée de T (ω).

Itrans(ωL) = I0 + δItrans(ωL)

= I0 + δωL Iinc
∂TF

∂ω

∣
∣
∣
∣
∣
ω=ωL

. (III.1.30)

Le premier terme du membre de droite de la relation (III.1.30) représente une composante
continue n’ayant aucune impact sur le processus de filtrage. Le second décrit les fluctuations
de la lumière en sortie de filtre du fait des fluctuations de fréquence. En notant δItrans(ωL) =
Itrans(ωL) − I0, nous pouvons écrire l’expression des fluctuations de fréquence :

δωL
2 =

δI2
trans

Iinc
2
∣
∣
∣
∂T
∂ω

∣
∣
∣

2

ω=ωL

. (III.1.31)

Il est possible de faire apparaître explicitement les densités spectrales de puissance des dif-
férentes fluctuations considérées dans cette dernière expression. En effet, comme SωL

∝ δω2
L

et ST ∝ δTF
δItrans

2

Iinc
2 , nous avons finalement la relation attendue entre la densité spectrale de

puissance de bruit de fréquence du laser et celle du bruit d’intensité en transmission :

SωL
(Ω) =

ST (Ω)
∣
∣
∣

∂T
∂ω

∣
∣
∣

2

ω=ωL

. (III.1.32)

Réaliser le filtrage avec un laser accordé à la fréquence maximisant la pente locale du discrimi-
nateur de fréquence optimise donc le processus de conversion de bruit.
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Cavité Fabry-Pérot comme discriminateur de fréquence

Le premier discriminateur de fréquence auquel nous pouvons penser est une cavité Fabry-
Pérot. Le schéma expérimental, très simple, est présenté sur la figure III.1.7(a). Le laser à
étudier est envoyé à travers une cavité confocale et nous mesurons les fluctuations d’intensité en
transmission sur une photodiode transimpédance fabriquée dans l’équipe (gain : 6 × 105 V·W−1,
bande-passante : 6 MHz). Pour un couplage parfait, la transmission Tcav de la lumière à travers
cette dernière dépend de sa longueur Lcav ainsi que de la fréquence du laser selon :

Tcav(ωL) =
Tcav(ωL = ωcav)

1 + 4F2

π2 sin2
(

2(ωL−ωcav)Lcav

c

) , (III.1.33)

où c est la vitesse de la lumière, ωcav une fréquence de résonance de la cavité et F = ∆ωFSR

∆ωcav
est

la finesse de la cavité où ∆ωFSR = c
4Lcav

(pour une cavité confocale) est son intervalle spectral
libre, distance entre deux pics de transmission consécutifs, et ∆ωcav la largeur de la résonance.
Plus grande est la finesse, meilleure sera la cavité. Proche d’une résonance de la cavité, nous
pouvons assimiler (III.1.33) par une lorentzienne de la forme :

Tcav(ωL) ≃ Tcav(ωL = ωcav)

1 + 4
(

ωL−ωcav

∆ωcav

)2 , (III.1.34)

d’où nous déduisons sa dérivée par rapport à ωL :

dTcav(ωL)

dωL
= 8

ωL − ωcav

∆ωcav
2

1
(

1 + 4
(

ωL−ωcav

∆ωcav

)2
)2 . (III.1.35)

Tcav(ωL) et la valeur absolue de sa dérivée par rapport à la fréquence sont schématisées sur la
figure III.1.7(b). Rappelons que la conversion optimale est obtenue quand le laser est accordé
à une fréquence correspondant à la moitié du pic de transmission, où dTcav(ωL)

dωL
= 1

∆ωcav
. En

injectant (III.1.35) dans l’équation (III.1.32), nous avons tous les ingrédients pour pouvoir
mesurer le bruit de fréquence d’un laser transmis à travers une cavité Fabry-Pérot confocale.
Précisons, cependant, que pour garantir un filtrage linéaire, il faut avoir ∆ωL < ∆ωcav, avec
∆ωL la largeur spectrale du laser.

Il nous reste maintenant à caractériser la cavité Fabry-Pérot avant de pouvoir mesurer le bruit de
fréquence de la diode DFB. Nous avons utilisé une cavité confocale de longueur Lcav ≃ 10 cm qui
peut être modulée à l’aide d’un transducteur piézo-électrique placé sur un des miroirs, alimenté
par un générateur de fonction triangulaire. L’amplitude de la modulation détermine la plage
de fréquence balayée par la cavité. La calibration tension–fréquence est réalisée grâce au signal
d’absorption saturée du laser. En effet, l’expression (III.1.34) assure que changer la fréquence
du laser ou la longueur de cavité joue le même rôle quand au passage de la résonance. En fixant
la longueur de la cavité et connaissant la distance spectrale entre deux résonances atomiques
du rubidium [Steck 2001], nous pouvons connaître le balayage des fréquences de la cavité. Nous
en déduisons l’intervalle spectral libre et mesurons ∆ωFSR ≃ 750 MHz. En se focalisant sur un
seul pic de transmission et en le modélisant par une lorentzienne, nous obtenons la largeur de
la résonance : ∆ωcav ≃ 20 MHz. La finesse de la cavité est donc F ≃ 37. D’après les mesures
par battement, la largeur de la diode DFB est de 3 MHz, ce qui est suffisant pour garantir
l’approximation du filtrage linéaire. Pour la suite des mesures, nous fixons la fréquence du
laser avec un asservissement par offset-lock, puis nous scannons les fréquences de la cavité avec
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Figure III.1.7 – (a) Mesure du bruit de fréquence de la diode DFB avec une cavité Fabry-Pérot
comme discriminateur de fréquence. (b) Représentation schématique d’un pic de transmission de la
cavité Fabry-Pérot ainsi que la valeur absolue de sa dérivée par rapport à la fréquence.

le transducteur piézo-électrique pouvant ainsi se placer à la moitié d’un pic de transmission
optimisant la conversion de bruit.

La mesure du bruit de fréquence intrinsèque à une diode DFB est présentée sur la figure III.1.8.
Nous avons vérifié qu’il n’y a aucune limitation due au bruit de fond de la détection ou au bruit
d’intensité intrinsèque à la DFB. La DSPBF décroit essentiellement comme 1/Ω jusqu’à 1 MHz,
correspondant à un bruit Flicker. Pour des fréquences supérieurs, la DSPBF est sensiblement
indépendante de la fréquence de Fourier, ce qui montre que le bruit de fréquence intrinsèque
du laser à haute fréquence est blanc.

III.1.3.5. Approche géométrique entre spectre optique et bruit de fréquence

Nous avons vu précédemment que nous pouvons relier la DSPBF d’un laser à son spectre
optique par la relation (III.1.23). C’est une formule générale qui ne peut pas toujours être
intégré analytiquement sauf pour le cas trivial d’un bruit blanc de fréquence de niveau h0 en
Hz2·Hz−1, que nous allons étudié maintenant. Cependant, ce n’est qu’un cas idéal. En effet,
dans chaque mesure de bruit, il y a une bande-passante finie Ωc qu’il est nécessaire de prendre
en compte. Nous définissons la pulsation de coupure selon :

Sω(Ω) =







2πh0 si Ω < Ωc

0 si Ω > Ωc

. (III.1.36)

Calculons alors le spectre optique en présence de cette fréquence de coupure :

SE(Ω) = 2E0
2
∫ ∞

−∞
dτ ei(ωL−Ω)τ exp

(

−h0τ
∫ Ωcτ/2

0
dx

sin2(x)

x2

)

. (III.1.37)

où x = Ωτ
2

. Deux cas limites se présentent : Ωc → ∞ et Ωc → 0. Pour le premier, l’équation
(III.1.37) devient :
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Figure III.1.8 – Mesure de la densité spectrale de puissance du bruit de fréquence de la diode DFB
en utilisant une cavité Fabry-Pérot comme discriminateur de fréquence.

SE(Ω) = 2E0
2
∫ ∞

−∞
dτ ei(ωL−Ω)τ e− π

2
h0τ , (III.1.38)

qui n’est rien d’autre que la transformée de Fourier d’une exponentielle décroissante de constante
de temps (π

2
h0)−1. Le résultat est donc un spectre optique de forme lorentzienne et de largeur

à mi-hauteur π
4
h0 :

SE(Ω) ∝ h0

(Ω − ωL)2 + 4
(

πh0

4

)2 . (III.1.39)

Dans le second cas, où Ωc → 0, nous avons après intégration de (III.1.37) :

SE(Ω) ∝
√

2π

h0Ωc
exp

(

−(Ω − ωL)2

2h0Ωc

)

. (III.1.40)

La forme du spectre optique est donc gaussienne dont la largeur à mi-hauteur s’écrit ∆ωL =
√

8 ln(2)h0Ωc, dépendante de la fréquence de coupure. Pour les cas plus exotiques, il sera néces-
saire d’avoir recours à une intégration numérique laborieuse. Cependant, une méthode alterna-
tive a été développée pour pouvoir estimer la largeur du spectre optique à partir de la DSPBF en
utilisant une approche géométrique simple, appelé « ligne-β ». Depuis sa première étude théo-
rique [Di Domenico 2010], cette technique a été appliquée à plusieurs expériences [Llopis 2011,
Bucalovic 2012,Dinesan 2015,Ricciardi 2015] avant d’être raffinée [Zhou 2015a,Zhou 2015b].

Cette ligne-β est définie par [Di Domenico 2010] :

Sβ(Ω) =
8 ln(2)

π2

Ω

2π
. (III.1.41)

Cette ligne, tracée en pointillés noirs sur la figure III.1.9, sépare le spectre de bruit en deux
régions distinctes. Tout d’abord, pour Sβ(Ω) < SωL

(Ω), le bruit de fréquence contribue à la
partie gaussienne centrale du spectre optique et donc à la largeur du laser. Enfin, pour Sβ(Ω) >
SωL

(Ω), le bruit de fréquence contribue cette fois aux ailes lorentziennes du spectre et ne joue
donc aucun rôle dans sa largeur. Cette méthode estime la largeur du laser correspondant à la
largeur à mi-hauteur de la partie gaussienne du spectre par :
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Figure III.1.9 – Bruit de fréquence de la DFB en utilisant une cavité Fabry-Pérot. La ligne pointillée
correspond à la ligne-β permettant de séparer le spectre de bruit en deux régions distinctes pour
estimer la largeur du laser. La partie grisée correspond à la partie contribuant au spectre optique.

∆ωL = 2π
√

8 ln(2)A, (III.1.42)

où A est défini comme l’aire sous SωL
dans l’intervalle de fréquence où SωL

(Ω) > Sβ(Ω). En
d’autres termes :

A =
1

2π

∫ ∞

2π/Tobs

dΩ H [SωL
(Ω) − Sβ(Ω)]SωL

(Ω), (III.1.43)

où Tobs est le temps d’observation (la fenêtre temporelle de l’oscilloscope) et H est la fonction
d’Heaviside. L’estimation graphique de ∆ωL est montrée sur la figure III.1.9, où la partie grisée
correspond à A.

En appliquant cette technique, nous obtenons une largeur de ∆ωL = (3.4 ± 0.4) MHz pour la
diode DFB. L’erreur statistique de 10% prend en compte l’erreur typique maximale introduite
par la méthode de la ligne-β [Zhou 2015b]. Cependant, remarquons le très bon accord entre les
largeurs mesurées avec un battement et avec la ligne-β, tableau III.1.

L’utilisation d’un discriminateur de fréquence comme une cavité Fabry-Pérot nous a permis de
connaître le bruit de fréquence intrinsèque à la diode DFB. Cependant, les atomes présentent
aussi une résonance que l’on peut utiliser comme discriminateur. Nous étudierons dans la pro-
chaine section l’ajout de bruit introduit par les atomes après interaction avec un laser. Nous
verrons notamment que l’étude du bruit en transmission nous permet de réaliser des mesures
spectroscopiques sur les atomes.

III.2. Spectroscopie de bruit avec des atomes froids

La mesure de la densité spectrale de puissance du bruit de fréquence implique d’avoir un discri-
minateur de fréquence. Nous avons vu qu’une cavité Fabry-Pérot peut faire l’affaire. Cependant,
le bruit de fréquence ainsi obtenu est la convolution entre celui du laser et celui de la cavité,
dû aux vibrations thermiques des miroirs par exemple. Ce dernier peut ne plus être négligeable
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si l’on veut caractériser le bruit de fréquence d’un laser fin. Dans ce cas, plusieurs alternatives
sont possibles. La première est d’utiliser une cavité ultra-stable [Young 1999]. La seconde est de
prendre une transition atomique comme discriminateur de fréquence, étudiée pour la première
fois dans [Yabuzaki 1991]. Plusieurs études théoriques ont suivi [Walser 1994,Jyotsna 1995,Va-
savada 1995], ainsi qu’expérimentales, pour mesurer les propriétés des lasers [Myers 2002,Bar-
talini 2010], extraire des caractéristiques atomiques [McLean 1993, Rosenbluh 1998] ou bien
étudier l’interaction lumière-matière [McIntyre 1993, Camparo 1999, Bahoura 2001]. Ce phé-
nomène a donc été beaucoup étudié. Néanmoins, toutes les expériences ont été faites sur des
atomes à température ambiante ou sur des vapeurs chaudes. Ici, l’effet Doppler vient jouer un
rôle considérable et doit être pris en compte. Dans le cas des atomes froids, il peut généralement
être omis. La largeur de la transition atomique est donc réduite par rapport au cas des atomes
chauds, ce qui va augmenter l’efficacité de la conversion de bruit fréquence en bruit d’intensité.

Dans cette section, nous étudions précisément cette conversion avec une transition atomique
comme discriminateur de fréquence. Nous verrons notamment que le bruit d’intensité mesuré
après transmission permet de retrouver le bruit de fréquence intrinsèque de la diode DFB,
mais que des différences apparaissent à hautes fréquences, pour des fréquences du laser et des
épaisseurs optiques variables. Un modèle simple de laser permettra de rendre compte de ces
observations. Cette étude a conduit à une publication, [Vartabi Kashanian 2016a].

III.2.1. Conversion par la résonance atomique

Grâce à la résonance atomique, nous pouvons utiliser les atomes comme discriminateur de
fréquence. Dans ce cas, l’expression de la transmission à travers le filtre que constitue le nuage
va donc être différente de celle pour la cavité Fabry-Pérot. Par application de la loi de Beer-
Lambert à un laser collimaté transmis par le MOT, nous retrouvons l’expression (II.2.5) vue
précédemment :

Tat(δ) = exp

(

− b0

1 + 4δ2/Γ2

)

. (II.2.5)

avec δ = ωL −ω0 le désaccord du laser par rapport à la transition atomique |F = 3〉 → |F ′ = 4〉
et Γ = 2π × 6.066 MHz la largeur de cette transition. Cette expression de la transmission va
maintenant servir de nouveau facteur de conversion entre fluctuations de fréquence et fluctua-
tions d’intensité, comme à la section III.1.3.4.

En appliquant la relation (III.1.32), nous obtenons directement la relation de proportionnalité
entre la DSPBF et le bruit d’intensité en transmission à travers les atomes :

ST (Ω) =

(

dTat(δ)

dδ

)2

× SωL
(Ω) = D2 × SωL

(Ω), (III.2.1)

où nous avons noté D la dérivée de Tat(δ) du discriminateur de fréquence défini par :

D =
dTat(δ)

dδ
=

16πb0δ

Γ2(1 + 4δ2/Γ2)2
exp

(

− b0

1 + 4δ2/Γ2

)

. (III.2.2)

Rappelons que l’équation (III.2.1) n’est valide que dans le cas où l’approximation de filtrage
linéaire s’applique : le laser doit être plus fin que la largeur caractéristique du discriminateur
de fréquence. Ici, nous devons donc avoir ∆ωL < Γ, ce qui est effectivement le cas. Notons
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Figure III.2.1 – Discriminateur de fréquence, donné par la dérivée de la transmission d’un laser à
travers une vapeur atomique froide, donnée par l’équation (II.2.5), en fonction du désaccord du laser
par rapport à la résonance atomique, pour trois épaisseurs optiques à résonance différentes.

maintenant que D, et donc le processus de conversion, dépend toujours de la fréquence du
laser, via le désaccord δ, mais aussi de l’épaisseur optique à résonance b0 décrivant le nuage.

La figure III.2.1 présente trois discriminateurs de fréquence obtenus directement avec la rela-
tion (III.2.2) pour trois b0 différents. L’emplacement des maxima de D se trouve typiquement
au milieu de la courbe de transmission. Nous remarquons qu’ils dépendent de l’épaisseur op-
tique : plus b0 est petit, meilleure sera la conversion de fluctuations. Par ailleurs, la plage de
fréquence où D reste globalement constant augmente avec b0. Dans ce cas, le système peut être
perçu comme une cavité Fabry-Pérot de largeur ajustable. Cet aspect peut être important si
on veut mesurer le bruit de fréquence dont la largeur est du même ordre de grandeur que celle
de la cavité ou de la transition atomique.

Nous avons mesuré la conversion de bruit de fréquence du laser en bruit d’intensité par la
résonance atomique en fonction de l’épaisseur optique à résonance selon le schéma résumé sur
la figure III.2.2(a), analogue à la mesure avec la cavité Fabry-Pérot. Le laser utilisé, toujours la
même diode DFB est envoyé à travers le MOT, de rayon rms R ≃ 1 cm. Son waist est de 260 µm.
La polarisation de la sonde est maintenue linéaire. Son intensité est ajustée de sorte à garder
le paramètre de saturation inférieur à 0.1, sa fréquence étant modifiée avec un modulateur
acousto-optique en configuration double-passage. Rappelons qu’un paramètre de saturation au
désaccord δ, défini par s(δ) = C34′

I/Isat

1+4δ2/Γ2 où Isat = 1.6 mW·cm−2, inférieur à un assure d’être
en régime linéaire. Pour garantir le passage de la sonde à travers le centre du nuage, nous avons
travaillé à temps de vol fixé à tTOF = 4 ms quel que soit le temps de chargement du MOT.
Après propagation dans les atomes, le laser est mesuré sur le même photodétecteur que celui
utilisé pour la cavité Fabry-Pérot. Précisons toutefois que ce détecteur possède deux sorties : la
première mesure le niveau DC de la lumière incidente dont nous déduisons la transmission de
la sonde, le bruit d’intensité est mesuré avec la seconde sortie, le port AC, puis amplifié par un
amplificateur bas-bruit. La réponse fréquentielle de la photodiode a été mesurée en l’éclairant
avec une lampe torche afin de mesurer la bande-passante du système de détection. La bande
passante de la sortie AC est comprise entre 10 kHz et 10 MHz. La DSP du signal détecté est
finalement calculée par un oscilloscope et la DSP du bruit d’intensité mesurée est normalisée
par la courbe de gain de la photodiode.

La séquence temporelle de la mesure est représentée sur la figure III.2.2(b). Les atomes sont
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Figure III.2.2 – (a) Représentation schématique de la mesure de la conversion de bruit de fréquence en
bruit d’intensité par une vapeur atomique. (b) Séquence temporelle de l’expérience de spectroscopie
de bruit avec des atomes froids.

chargés dans le piège puis ensuite compressés pendant une durée tload. L’étape de compression
étant fixée, seul le temps de chargement varie pour piéger plus ou moins d’atomes et donc
faire varier l’épaisseur optique. S’ensuit une étape de temps de vol durant 4 ms pour s’assurer
que tous les champs magnétiques sont coupés. La sonde est appliquée pendant 1.2 ms. Nous
mesurons les fluctuations de l’intensité en transmission 200 µs après l’allumage du laser, la
fenêtre d’observation de l’oscilloscope étant fixée à tosc = 100 µs. La bande-passante et la
résolution du spectre mesuré sont donc constantes d’un cycle à l’autre. Ensuite, nous illuminons
les atomes avec les faisceaux MOT accordés à résonance pour chauffer brutalement les atomes et
détruire complètement le nuage. Enfin, nous ré-appliquons la sonde pendant 1.2 ms en absence
d’atomes pour mesurer la puissance du laser sans atomes à chaque cycle. Pour augmenter le
rapport signal sur bruit, nous intégrons les données sur une centaine de cycle.

Dans les sections suivantes, nous présentons nos mesures de conversion du bruit de fréquence
du laser par les atomes pour différentes épaisseurs optiques. Nous étudierons dans un premier
temps le comportement à basse fréquence et verrons notamment que les atomes peuvent être
assimilés à une cavité Fabry-Pérot. Puis nous mettrons en évidence la nature atomique du
discriminateur en analysant les spectres à haute fréquence.

III.2.2. Bruit à basse fréquence : le laser retrouvé

Nous avons étudié la conversion de bruit de fréquence en bruit d’intensité par une vapeur
atomique pour trois épaisseurs optiques différentes : b0 = 6.5, 19 et 51.5. Pour chaque épaisseur
optique, la fréquence de la sonde est ajustée avec un AOM en configuration double passage pour
avoir une conversion optimale. Pour être sûr de ne pas être affecté par la transition hyperfine
|F = 3〉 → |F ′ = 3〉 situé à −20Γ de |F = 3〉 → |F ′ = 4〉, nous nous sommes restreints à des
désaccords positifs. Dans un premier temps, nous avons vérifié que nous ne sommes pas limités
par le bruit de fond du système de détection ni par le bruit d’intensité intrinsèque du laser
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Figure III.2.3 – Bruit d’intensité du laser transmis à travers les atomes ST divisé par le carré de
la pente du discriminateur de fréquence D2, pour trois épaisseurs optiques à résonance différentes :
b0 = 6.5, 19 et 51.5. La DSPBF mesurée avec la cavité Fabry-Pérot comme discriminateur de fréquence
est tracée en gris. La ligne pointillée est la ligne-β utilisée pour estimer la largeur du laser.

Technique expérimentale Largeur mesurée
Nuage d’atomes froids

b0 = 6.5 3.7 ± 0.5 MHz
b0 = 19 3.3 ± 0.5 MHz
b0 = 51.5 3.7 ± 0.5 MHz

Battement 3.0 ± 0.2 MHz
Cavité Fabry-Pérot 3.4 ± 0.4 MHz

Table III.2 – Résumé des largeurs mesurées pour la diode DFB avec toutes les techniques expérimen-
tales présentées dans ce chapitre.

obtenu sans atomes. Comme précédemment, la DSP ST mesurée est convertie en DSPBF via
l’équation (III.2.1).

Les spectres mesurés en présence d’atomes sont tracés sur la figure III.2.3 pour les trois épais-
seurs optiques. Nous avons rajoutés en gris la DSPBF mesurée avec la cavité Fabry-Pérot. Nous
observons, dans un premier temps, que toutes les courbes sont superposées pour des faibles fré-
quences de Fourier, typiquement Ω < 1 MHz. Dans ce cas, l’équation (III.2.1) est valable et
toutes les courbes représentées sur la figure III.2.3 correspondent à SωL

. Cela se confirme en
comparant avec le spectre mesuré avec la cavité Fabry-Pérot en tant que discriminateur de
fréquence. Il est donc possible d’utiliser la méthode de la ligne-β pour estimer la largeur du
laser avec les atomes en tant que filtre. Les valeurs obtenues sont résumées dans le tableau III.2.
Les incertitudes obtenues dans le cas du MOT prennent en compte les incertitudes statistiques
(déviation standard des mesures de la largeur dans les mêmes conditions) ainsi que l’estimation
de l’erreur maximale due à la ligne-β [Zhou 2015b].

Le tableau III.2 montre que toutes les mesures de largeurs effectuées sont compatibles entre elles.
Toutes les techniques mises en place sont donc compatibles. Nous validons donc a posteriori
notre hypothèse de filtrage linéaire.
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Figure III.2.4 – Zoom sur les hautes fréquences de Fourier du bruit d’intensité du laser transmis ST

divisé par le carrée de la pente du discriminateur de fréquence D2 dans le cas des atomes, avec une
épaisseur optique de b0 = 19 pour quatre désaccords différents δ/Γ = 5, 4, 3 et 2, de haut en bas.

III.2.3. Bruit à haute fréquence : les propriétés du nuage atomique

III.2.3.1. Résultats expérimentaux

Nous nous sommes concentrés jusque là sur les fréquences de Fourier inférieures à 1 MHz.
Néanmoins, nous remarquons sur la figure III.2.3 que de nettes différences apparaissent pour
des fréquences plus grandes. On observe notamment l’apparition de bosses, que nous allons
étudier maintenant. Cependant, la position de ces bosses coïncident avec la bande-passante
du photodéteceur utilisé. Pour éviter que les informations intéressantes ne soient filtrées, nous
avons changé de détecteur pour bénéficier d’une plus grande bande-passante et d’un niveau de
bruit plus faible (Laser Components, modèle A-CUBE-S500-240, BP : 0.1 − 240 MHz).

La figure III.2.4 présente un zoom sur les hautes fréquences de Fourier de DSPBF obtenues avec
cette nouvelle photodiode, à b0 = 19 constant, pour quatre désaccords différents. Nous voyons
clairement apparaître des bosses dont la position dépend de la fréquence du laser. Leur position
dépend aussi de l’épaisseur optique comme le montre la figure III.2.5, où les emplacements de
la première et de la seconde bosses sont tracées en fonction de la fréquence de la sonde pour
les trois épaisseurs optiques considérées.

III.2.3.2. Modélisation du laser

Pour mieux comprendre ce qu’il se passe aux hautes fréquences, nous modélisons le spectre du
laser de la manière suivante : une porteuse à la fréquence ωL et deux bandes latérales situées à
ωL ±Ω, comme présenté dans [Bahoura 2001], dues à une modulation de phase ou d’amplitude.
Considérons, tout d’abord, le premier cas. Le champ électrique du laser s’écrit donc :

E(t) = E0ei(ωLt+Bφ sin(Ωt)), (III.2.3)

où Bφ est la profondeur de la modulation de phase. L’amplitude du bruit de fréquence à la
fréquence Ω est donc BφΩ. En développant le champ électrique du laser sur la base des fonctions
de Bessel et en supposant une faible profondeur de modulation Bφ ≪ 1, nous avons :
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E(t) ≃ E0

(

eiωLt +
Bφ

2
ei(ωL+Ω)t − Bφ

2
ei(ωL−Ω)t

)

. (III.2.4)

Notons que les bandes latérales oscillent en opposition de phase. D’après le comportement de
la DSPBF du bruit intrinsèque de fréquence de la diode DFB à haute fréquence, figure III.1.8,
nous supposons un bruit blanc de fréquence et donc Bφ(Ω) est constant. L’intensité totale est
donnée par I(t) = |E(t)|2 = |E0|2.
Nous modélisons les atomes par leur indice de réfraction et appliquons, par conséquent, une
approche de champ moyen. La transmission du laser à travers s’écrit alors :

Etrans(t) = E(t)eiκ, (III.2.5)

avec κ = φ + iα
2

une phase contenant un terme de déphasage φ et d’absorption α
2
. D’après la

loi de Beer-Lambert (II.2.9), nous avons :

κ(x, y) = −σ0

2

Γ

2δ + iΓ

∫

dz n(x, y, z)

=
σ0

2

−2δ
Γ

+ i

1 + 4
(

δ
Γ

)2

∫

dz n(x, y, z), (III.2.6)

où l’axe z est défini selon la direction de propagation du laser. On identifie alors terme à terme :

α(x, y) =
σ0

1 + 4
(

δ
Γ

)2

∫

dz n(x, y, z) (III.2.7)

φ(x, y) = −σ0δ

Γ

1

1 + 4
(

δ
Γ

)2

∫

dz n(x, y, z). (III.2.8)
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En se plaçant au centre du nuage, pour x = y = 0 et en utilisant la définition de l’épaisseur
optique (II.2.4), nous obtenons :

α(δ) = b(δ) =
b0

1 + 4
(

δ
Γ

)2 (III.2.9)

φ(δ) = −b(δ) δ
Γ
, (III.2.10)

où b0 = σ0

∫

dzn(x, y, z). Le champ transmis s’écrit donc, au final :

Etrans(t) = E(t)eiφ(δ)e−α/2. (III.2.11)

La figure III.2.6 montre des exemples de déphasages et de transmission en fonction de la fré-
quence du laser pour différentes épaisseurs optiques. Notons que le déphasage introduit par les
atomes peut être supérieur à π, au contraire de la cavité Fabry-Pérot où il est compris entre
−π et π. Pour un nuage d’atomes, il n’y a donc pas de limite supérieure au déphasage. Il est
donc évident que les bandes latérales du laser envoyé à travers les atomes vont subir des dé-
phasages différents. Le champ électrique transmis à travers le nuage est donc, en séparant les
contributions de la porteuse et des bandes latérales :

Etrans,0(t) = E0eiωLte−α0/2eiφ0 (III.2.12)

Etrans,1(t) = E0
Bφ

2
eiω+te−α1/2eiφ1 (III.2.13)

Etrans,−1(t) = −E0
Bφ

2
eiω−te−α−1/2eiφ−1 , (III.2.14)

où les indices 0,+1 et −1 correspondent, respectivement, à la porteuse, la bande latérale de
fréquence positive (ω+ = ωL + Ω) et négative (ω− = ωL − Ω). L’intensité transmise est :

Itrans(t) = |Etrans,0(t) + Etrans,1(t) + Etrans,−1(t)|2, (III.2.15)

qui devient, en se limitant aux termes à l’ordre 1 en Bφ :

Itrans(t) = |E0|2e−α0

(

1 +Bφe
α0
2

[

e−
α1
2 cos(φ0 − φ1 − Ωt) − e−

α−1
2 cos(φ0 − φ−1 + Ωt)

])

.

(III.2.16)
Le terme en |E0|2e−α0 dans l’équation (III.2.16) décrit la transmission de la porteuse, alors que
les deux autres correspondent au battement entre cette dernière et les deux bandes latérales
pouvant être réécrit sous forme d’un cosinus :

Itrans(t) = |E0|2e−α0

(

1 +Bφe
α0
2 Aφ cos(Ωt+ Ψ)

)

, (III.2.17)

avec Ψ une phase et :

Aφ =

√

e−α1 + e−α−1 − 2e−
α1+α−1

2 cos(2φ0 − φ1 − φ−1). (III.2.18)
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Figure III.2.6 – Transmission normalisée exp(−α(δ)), en pointillé, et déphasage φ(δ) (en radians),
lignes pleines, introduits par les atomes pour trois épaisseurs optiques différentes.

Le passage à travers les atomes converti bien une modulation de phase initiale en une modu-
lation d’amplitude, comme attendu. Les fluctuations théoriques de l’intensité en transmission
s’écrivent :

ST, th =

(

δItrans

|E0|2
)2

=
(

Bφe
−α0

2 Aφ

)2

, (III.2.19)

dont nous déduisons l’expression théorique de la conversion de bruit de fréquence en bruit
d’intensité :

ST, th(Ω) = e−α0
Aφ

2

Ω2
SωL

(Ω). (III.2.20)

Il est possible de montrer que nous retrouvons les équations (III.1.32) et(III.2.2) pour Ω ≪ Γ et
Ω ≪ δ. Notons que la présence des ces bandes latérales peut être reliée aux ailes lorentziennes
présentes dans le spectre optique du laser III.1.4.

La même approche peut être utilisé si nous prenons en compte une modulation d’amplitude à
la place d’une modulation de phase. Le champ électrique du laser devient :

E(t) = E0 [1 +BE sin(Ωt)] eiωLt

= E0

(

eiωLt − i
BE

2
eiω+t + i

BE

2
eiω−t

)

, (III.2.21)

où BE est la profondeur de la modulation d’amplitude. Notons, de nouveau, que les bandes
latérales sont en opposition de phase mais leur phase absolue est différente de celle pour la
modulation de phase. La transmission du laser à travers les atomes se calcule de la même
manière :

Itrans(t) = |E0|2e−α0

(

1 +BEe
α0
2 AE cos(Ωt+ Ψ)

)

, (III.2.22)

où :
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AE =

√

e−α1 + e−α−1 + 2e−
α1+α−1

2 cos(2φ0 − φ1 − φ−1), (III.2.23)

dont nous déduisons la densité spectrale de puissance de la transmission du laser :

ST, th(Ω) =

(

δItrans

|E0|2
)2

= e−α0AE
2SE(Ω), (III.2.24)

où SE(Ω) correspond au bruit d’amplitude normalisé du laser à Ω.

Dans tous les cas, la forme de ST dépend de la fréquence de Fourier Ω et de la fréquence du laser
δ. Nous remarquons aussi que la seule différence entre les deux types de bruit est un changement
de signe entre les équations (III.2.18) et (III.2.23). Ce changement est donc responsable de la
dépendance de la forme de ST en fonction du bruit du laser incident.

III.2.3.3. Comparaison entre expérience et théorie

Maintenant que le modèle pour décrire le laser est introduit, nous pouvons le comparer à nos
mesures expérimentales. Pour cela, il est d’abord nécessaire d’estimer l’amplitude du bruit blanc
d’amplitude ou de phase présent initialement dans le laser. Les mesures effectuées avec la cavité
Fabry-Pérot montre que le bruit de fréquence du laser est un bruit blanc pour des fréquences
supérieures à 1 MHz, voir figures III.1.8 et III.2.4. L’amplitude des fluctuations de fréquence
est donc extraite de la DSPBF de la diode DFB à 1 MHz et fixée à SωL

≃ 105 Hz2·Hz−1.
Cette valeur est injectée dans (III.2.20) pour calculer la DSP théorique du bruit d’intensité en
transmission ST, th. On divise enfin par la pente au carrée du discriminateur de fréquence D2,
connaissant b0, pour comparer nos calculs aux mesures.

La figure III.2.7 montre les DSP correspondant aux deux types de bruit, comparées à une
mesure expérimentale de bruit d’intensité en transmission converti pour b0 = 19 et δ/Γ = 3.
Nous observons un très bon accord entre les mesures et les calculs relatifs à une modulation de
phase, sans aucun paramètre libre. En particulier, le modèle du bruit blanc en fréquence prédit
l’existence de deux bosses effectivement observées expérimentalement. Elles sont intrinsèque-
ment reliées à ce type de bruit. Au contraire, dans le cas d’une modulation de phase, des creux
apparaissent. L’analyse des spectres du bruit de fréquence à haute fréquence de Fourier, avec
la présence de bosses ou de creux, nous renseigne donc sur la nature du bruit du laser incident.

Enfin, nous pouvons comparer les positions calculées des bosses (en supposant une modulation
de phase) avec celles mesurées, correspondant à la fréquence des maximima locaux, en fonction
du désaccord du laser et de l’épaisseur optique, figure III.2.5. Encore une fois, nous obtenons un
très bon accord entre nos mesures et la prédiction du modèle, validant notre approche. Notons,
que pour des désaccords suffisamment grands, la différence de fréquence entre les positions des
deux bosses d’une même DSPBF reste constante. Cette différence correspond à l’intervalle de
fréquence où la courbe de transmission est proche de zéro, figure III.2.6. Ces bosses peuvent
donc être interprétées comme la signature du battement entre la porteuse et une bande latérale
déphasée et atténuée se situant d’un côté côté et de l’autre de la courbe de transmission.

La position des bosses dans la DSPBF dépendent de la fréquence du laser et de l’épaisseur op-
tique du nuage d’atomes. Leurs mesures nous permet donc d’extraire des informations concer-
nant le discriminateur de fréquence. Il serait donc possible de déduire le désaccord du laser et
l’épaisseur optique à cette fréquence à partir d’une seule mesure de spectre de bruit de fréquence
au lieu de tracer entièrement la courbe de transmission en scannant la fréquence du laser autour
de la transition atomique.
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Figure III.2.7 – Comparaison entre la mesure de la DSPBF du laser transmis par les atomes (en vert)
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III.3. Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons étudié le bruit d’intensité d’un laser transmis à travers un nuage
d’atomes. Dans cette configuration vers l’avant, nous avons mesuré la conversion du bruit de
fréquence intrinsèque au laser en bruit d’intensité. Ce filtrage est rendu possible par la réso-
nance atomique, jouant le rôle d’un discriminateur de fréquence dont la pente peut être ajustée
en changeant l’épaisseur optique du nuage. Nous avons observé que, à basse fréquence, nous
retrouvons le bruit de fréquence du laser mesuré grâce à une cavité Fabry-Pérot. Cependant,
de nettes différences sont notables à haute fréquence de Fourier, nécessitant de dépasser l’hy-
pothèse de filtrage linéaire formulée dans le cas de la cavité Fabry-Pérot. Nous avons donc
montré qu’un modèle simple de laser présentant un bruit blanc de fréquence, décrit par une
porteuse et deux bandes latérales, et de champ moyen assimilant le nuage d’atomes à son indice
de réfraction rend compte de nos observations.

Les conséquences de la nature du bruit décrivant le laser sont diverses. Dans le cas d’une
modulation d’amplitude, nous avons vu que des creux apparaissent dans le spectre du bruit
d’intensité du laser transmis par les atomes. Pour une modulation de phase, des bosses sont
cette fois présentes dans les spectres. Il est donc possible, juste en analysant la forme des
spectres mesurés, de déduire le type de bruit le plus à même de décrire le laser utilisé. Nous
pouvons aussi extraire des informations relatives au laser ou au discriminateur de fréquence
juste par l’analyse des bosses, dans le cas du bruit blanc de fréquence, sans avoir à mesurer la
courbe de transmission complète du laser à travers les atomes. Habituellement perçu comme
un désavantage, l’utilisation d’un laser bruité en fréquence peut donc s’avérer être, finalement,
un avantage pour réaliser des mesures spectroscopiques grâce aux fluctuations. Nous parlons
dans ce cas de spectroscopie de bruit.

Enfin, dans la direction vers l’avant, cette conversion du bruit intrinsèque de fréquence en
bruit d’intensité peut être une source de bruit et perturber les mesures. Une étude précise
de ce phénomène est donc d’une importance considérable si l’on veut étudier d’autres effets,
comme l’observation du mouvement des atomes ou alors des propriétés d’optique quantique
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[Peyronel 2012,Lambrecht 1996,Ries 2003,Lezama 2015].

Dans cette géométrie vers l’avant particulière, le champ électrique détecté correspond à l’inter-
férence entre le champ laser incident et celui diffusé. Cette configuration n’est pas sans rappeler
celle rencontrer lors de l’étude des mesures de battement avec un oscillateur local (mesure ho-
modyne dans ce cas), voir section II.1.2. On peut donc se ramener à une mesure de fonction de
corrélation du champ électrique. Comme nous l’avons vu au chapitre I, les fonctions de corré-
lation du champ renferment des informations sur le mouvement des diffuseurs, les atomes dans
notre cas. Nous tirerons profit de cette dépendance dans le prochain chapitre pour étudier le
mouvement des atomes en analysant les fluctuations temporelles de la lumière diffusée.
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Dans ce chapitre, nous appliquons la technique de spectroscopie des ondes diffuses à un milieu
composé d’atomes froids, constituant donc un milieu résonant parfaitement monodisperse. Ti-
rant profit de la résonance des atomes froids, nous pouvons passer du régime de diffusion simple
au régime de diffusion multiple en ne changeant que la fréquence du laser. Ceci constitue une
différence majeure avec les autres expériences de DWS où la lumière est toujours considérée
comme loin de toute résonance. Par ailleurs, l’expansion libre du nuage permet l’étude d’un
mouvement purement balistique. Ce point est une autre originalité de notre expérience. En effet,
ce régime balistique est très difficilement atteignable dans les systèmes habituellement étudiés
avec la DWS. Les diffuseurs sont habituellement directement immergés dans un liquide [Ma-
ret 1987,Pine 1988,Weitz 1989,Kao 1993], impliquant un mouvement diffusif ou brownien. Nous
voyons ici l’intérêt des atomes pour l’étude du mouvement balistique puisqu’ils ne sont inclus
dans aucune matrice. Les corrélations d’intensité sont des outils déjà utilisés sur les atomes
froids. Les signatures d’élargissement Doppler [Bali 1996], de rétrécissement du spectre dû au
régime de Lamb-Dicke [Jurczak 1995], du piégeage des photons dans le MOT [Stites 2004] ou de
la diffusion inélastique [Nakayama 2010] ont été obtenues. Toutefois, ces mesures ont été faites
en étudiant la fluorescence des atomes chargés dans un MOT ou dans une mélasse optique,
imposant dans les deux cas l’utilisation de plusieurs faisceaux puissants et de grande taille par
rapport au nuage d’atomes. Cela rend l’étude de ces effets plus compliquée.

Nous analysons ici nos mesures de corrélations d’intensité g(2) sur un gaz d’atomes froids en
mouvement balistique, avec une sonde de faible intensité et petite devant la taille du nuage. Le
contrôle de ces deux paramètres nous assure que l’épaisseur optique est bien définie ainsi que
de pouvoir éviter tout effet inélastique, ce qui est une nouveauté par rapport aux expériences
similaires réalisées sur des gaz d’atomes froids. Au coût d’un long temps d’intégration, nous ex-
plorons la transition entre le régime de diffusion simple et le régime de diffusion multiple. Nous
commencerons donc par étudier le montage expérimental et comment nous pouvons mesurer la
fonction g(2). Nous détaillerons ensuite nos observations, en commençant par expliquer la baisse
de contraste observée en désaccordant le laser puis en étudiant la perte de cohérence dans le
régime de diffusion multiple. Enfin, nous analyserons le changement de forme observé en com-
binant des simulations numériques basées sur deux modèles différents ainsi qu’une description
analytique du spectre de la lumière diffusée.

Cette étude se base sur une publication parue au cours de ma thèse [Eloy 2018].

IV.1. Mesure des fluctuations temporelles d’intensité de la lu-
mière diffusée par un nuage d’atomes froids

Dans cette section, nous discutons du principe de la mesure des fluctuations temporelles de la
lumière diffusée par une vapeur atomique froide. Nous commencerons par expliquer la forme
du spectre optique de la lumière diffusée une fois et des prédictions que l’on peut faire dans
le régime de diffusion multiple. Nous expliciterons ensuite les différents régimes de diffusion
de la lumière et nous verrons notamment que la seule connaissance de l’épaisseur optique à
la fréquence du laser sondant les atomes est suffisante pour les décrire. Nous aborderons aussi
l’influence de l’intensité du laser sur l’existence de diffusion inélastique à l’intérieur du nuage.
Nous développerons enfin le système de mesure des corrélations d’intensité sur notre expérience
ainsi que l’étape de normalisation nécessaire à l’obtention de la fonction g(2).
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Figure IV.1.1 – Configuration angulaire pour le calcul du spectre optique de la lumière sortante du
nuage d’atomes dans le régime de diffusion simple.

IV.1.1. Spectre optique de la lumière diffusée par une vapeur atomique
froide

Nous cherchons à étudier les fluctuations d’intensité de la lumière diffusée par des atomes pro-
venant d’un un piège magnéto-optique, en vol balistique. Pour cela, un laser éclaire le nuage
et les photons vont subir un ou plusieurs événements de diffusions en fonction du régime de
diffusion de la lumière. La figure IV.1.1 illustre le cas d’une diffusion, que nous allons dévelop-
per dans cette section. Bien que refroidis, les atomes relâchés sont quand même animés d’une
vitesse reflétant la température du nuage. Lorsque le piège est coupé, les atomes se retrouvent
en expansion libre et se propagent donc en ligne droite. Ce type de mouvement est mis à profit
pour mesurer effectivement la température du nuage par des mesures de temps de vol, sec-
tion II.2.2.3. Cette expansion balistique est une originalité de notre expérience par rapport à ce
qui est communément observé avec les techniques de DWS [Maret 1987,Pine 1988,Pine 1990b].
Habituellement, les diffuseurs sont immergés dans un liquide et subissent des collisions avec
les particules du fluide environnant. L’effet cumulatif de ces chocs implique que les particules
diffusantes sont soumises à un mouvement diffusif. Du fait de la vitesse non nulle d’un atome
diffusant un photon provenant du laser, l’effet Doppler va jouer un rôle important. En effet, la
fréquence du photon diffusé va être modifiée par rapport à celle du photon incident. Ce décalage
est fonction de la différence ∆k = kout −kin des vecteurs d’onde des photons diffusé et incident
ainsi que de la direction de la vitesse v de l’atome. In fine, la modification de fréquence par
effet Doppler s’écrit :

δω = ∆k·v. (IV.1.1)

L’effet Doppler introduit donc une dépendance angulaire dans ce décalage en fréquence. Notons
que δω = 0 pour une diffusion dans la direction du photon incident, quelque soit la vitesse de
l’atome. L’angle entre le photon incident et la direction d’observation, fixée par la direction de
propagation du photon diffusé, est cruciale pour la connaissance du décalage fréquentiel. En
outre, δω reflète la distribution des vitesses du nuage. On peut néanmoins en calculer un ordre
de grandeur en utilisant la vitesse quadratique moyenne, voir section IV.2.2. Nous trouvons
typiquement que δω = k

√

〈v2〉 ≃ Γ/50, montrant que l’effet de la redistribution en fréquence
est assez faible pour une seule diffusion.

Supposons maintenant que plusieurs photons soient diffusés, chacun une seule fois et dans la
direction θ, selon le schéma proposé sur la figure IV.1.1. Dans ce cas, la mesure de tous les
décalages δω va être une image de la distribution maxwellienne des vitesses des atomes du
nuage, caractérisée par la vitesse quadratique moyenne du gaz à la température T. On attend
donc que le spectre S(ωL, θ) de la lumière diffusée une fois par les atomes soit gaussien. Plus
précisément, nous avons :
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S(ωL, θ) ∝ e
−

(ωL−ω0)2

2∆ω(θ)2 . (IV.1.2)

Conséquence de l’effet Doppler, la largeur du spectre ∆ω dépend de l’angle d’observation θ. On
montrera à la section IV.2.2 que :

∆ω(θ) = k

√

2(1 − cos θ)
kBT

m
. (IV.1.3)

Par application du théorème de Wiener-Khintchin, nous en déduisons que l’auto-corrélation du
champ électrique g(1) est aussi une gaussienne. Si on applique finalement la relation de Siegert,
nous obtenons la fonction de corrélation de l’intensité diffusée, qui suit :

g(2)(τ, θ) = 1 + e
−

τ2(1−cos θ)

2τc2 , (IV.1.4)

où nous avons défini τc
−1 = 2k

√
kBT
m

. Dans le régime de diffusion simple, nous avons donc une
prédiction analytique de la fonction g(2). Notons que la largeur caractéristique de g(2)(τ) est
une mesure directe de la température du nuage.

Si le nombre d’événements de diffusion augmente, l’effet cumulatif de la redistribution en fré-
quence sur les décalages Doppler va induire, en moyenne, un élargissement du spectre. On peut
donc attendre que son impact sur g(2)(τ) va conduire à un rétrécissement. Cependant, il n’est
plus possible d’obtenir une formule analytique pour la fonction de corrélation de l’intensité
bien que des lois d’échelle profondément dans le régime de diffusion multiple, et dans des confi-
gurations expérimentales précises, peuvent être obtenues [Pine 1990a, van der Mark 1990]. Le
recours aux simulations numériques est nécessaire pour comprendre l’effet de la diffusion mul-
tiple de la lumière dans le gaz d’atomes sur la réduction du temps de cohérence τc. On voit donc
ici que l’étude des corrélation d’intensité de la lumière, donc des fluctuations temporelles de
l’intensité diffuse, s’avère particulièrement utile pour caractériser les propriétés des diffuseurs,
ici les atomes issus d’un piège magnéto-optique.

IV.1.2. Régime de diffusion de la lumière dans un piège magnéto-optique

Comme nous l’avons vu au chapitre I, considérons un milieu désordonné non absorbant de
longueur L et de section efficace d’extinction σext égale à la section efficace de diffusion. L’in-
tensité dans le mode cohérent (donc transmise dans la direction longitudinale z) suit la loi de
Beer-Lambert :

Icoll(L) = I0 exp(−ρ0σextL) = I0 exp
(

− L

ℓsc

)

, (IV.1.5)

où ρ0 est la densité de diffuseurs et ℓsc le libre parcours moyen de diffusion de la lumière dans
le milieu, caractérisant la distance moyenne parcourue par un photon dans le milieu entre deux
événements de diffusion. Notons que ℓsc = (ρ0σsc)

−1, avec σsc la section efficace de diffusion.
En comparant ℓsc et L, nous pouvons définir trois régimes de transport de la lumière dans un
milieu désordonné :

— L ≪ ℓsc : régime balistique où la lumière traverse le milieu sans être diffusée,
— L ∼ ℓsc : régime de diffusion simple où la lumière est diffusée en moyenne une fois,
— L ≫ ℓsc : régime de diffusion multiple où la lumière est diffusée un grand nombre de fois.
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Figure IV.1.2 – (a) Schéma de la détection des signaux caractérisant la diffusion multiple. Le dé-
tecteur 1 mesure la transmission cohérente d’une sonde à travers le nuage d’atomes Tat, le second
la transmission diffuse et le troisième la réflexion diffuse. La caméra CCD permet l’observation du
cône de rétro-diffusion cohérente. (b) Comparaison des différents signaux mesurés par les trois détec-
teurs en fonction du désaccord du laser, étoiles : réflexion diffuse, cercles vides : transmission diffuse
et cercles pleins : Tat. Toutes les intensités sont normalisées à un. Toutes les figures sont extraites
de [Labeyrie 2004].

Dans le cas des atomes froids, la présence d’une résonance atomique impose que σsc, et donc
ℓsc, dépendent fortement du désaccord δ = ωL − ω0 du laser par rapport à la résonance. Nous
avons vu au chapitre précédent la forme de la section efficace de diffusion :

σsc(δ) = C34′

σ0

1 + 4δ2/Γ2
, (II.2.3)

où σ0 = 3λ2

2π
est la section efficace de diffusion d’un atome à deux niveaux soumis à un laser à

résonance de longueur d’onde λ et C34′ = 3/7 est le facteur de dégénérescence de la transition
|F = 3〉 → |F ′ = 4〉. De ce fait, le libre parcours moyen croît de manière quadratique avec δ et
peut être modifié de plusieurs ordres de grandeur juste en changeant la fréquence du laser de
quelques largeurs naturelles Γ. L’épaisseur optique est définie comme b = ρ0σscL = L

ℓsc
, d’où

nous déduisons :

b(δ) =
b0

1 + 4δ2/Γ2
, (IV.1.6)

avec b0 l’épaisseur optique à résonance. Basée sur la discussion précédente, la seule mesure de
b(δ) permet de connaître le régime de diffusion de la lumière : b(δ) ≪ 1 implique le régime de
diffusion simple et b(δ) ≫ 1 celui de diffusion multiple.

La caractérisation de ces deux régimes passe par la mesure de différentes quantités, présentée
dans [Labeyrie 2004]. La figure IV.1.2(a) introduit le montage expérimental pour accéder à ces
signaux. Un laser est envoyé sur un nuage d’atomes froids, la taille du faisceau pouvant varier
en fonction des mesures. Nous allons ici nous concentrer sur un laser de taille inférieure à celle
du nuage a pour mesurer les transmission et réflexion diffuses. Pour la première, le détecteur est
placé vers l’avant en dehors de l’axe de propagation du laser, et vers l’arrière pour la seconde.
Ces deux quantités, ainsi que la transmission cohérente Tat, sont tracées sur la figure IV.1.2(b)

a. Ce qui ne serait pas le cas si on souhaitait mesurer le cône de rétro-diffusion cohérente, où le laser doit
avoir un diamètre très grand devant celui du nuage pour garantir une intensité uniforme [Labeyrie 1999].
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en fonction du désaccord du laser pour une épaisseur optique à résonance de b0 = 35. Les
maxima ont été normalisés à l’unité pour faciliter la comparaison des courbes. Dans un premier
temps, nous observons que la réflexion diffuse est maximale à résonance et décroît ensuite pour
de plus grands désaccords. Par ailleurs, la transmission diffuse présente deux maxima localisés
de manière symétrique par rapport à δ = 0. La correspondance d’un minimum de transmission
diffuse avec un maximum de réflexion diffuse n’est pas étonnante. En effet, tous les photons
quittant le milieu sont extraits de la sonde et contribuent à l’intensité diffuse. Le nombre total
de photons doit donc être conservé, ce qui serait vérifiable en mesurant l’intensité diffuse dans
l’angle solide total. Nous voyons donc qu’à b0 fixé, la transmission diffuse passe par un maximum
et que le nombre de photons diffusés diminue progressivement dès que le laser est de plus en plus
désaccordé, les photons se retrouvant alors dans le mode cohérent. Toutes ces observations sont
bien expliquées par un modèle diffusif, représenté par les lignes pleines sur la figure IV.1.2(b),
indiquant que l’épaisseur optique à résonance est le bon paramètre pour caractériser la diffusion
de la lumière dans les atomes.

L’intensité de la lumière envoyée à travers les atomes a aussi une importance dans le régime
de diffusion élastique ou inélastique de la lumière. En effet, la réponse d’un atome à deux
niveaux soumis à un laser quasi-résonant comporte deux termes. La première contribution,
qualifiée de cohérente, n’est rien d’autre que le dipôle atomique moyen. Alors que la seconde,
dite incohérente, est due aux fluctuations quantiques de celui-ci. On peut montrer que ces
quantités dépendent du paramètre de saturation s :

s(δ) = C34′

I/Isat

1 + 4δ2/Γ2
, (IV.1.7)

où I est l’intensité du laser et Isat = 1.6 mW·cm−2 est l’intensité de saturation de la transition.
Le régime de diffusion élastique est garanti pour de faibles saturations, typiquement à faible
intensité ou grand désaccord. Le poids de la diffusion inélastique augmente avec s, introduisant
une redistribution en fréquence des photons diffusés. Le contrôle de l’intensité, et de la fréquence,
du laser incident a donc aussi un impact sur le régime de diffusion élastique ou inélastique. Dans
la suite, nous nous focaliserons sur des expériences menées avec s ≪ 1, assurant que la diffusion
inélastique est négligeable. Nous discuterons toutefois du poids relatif de la diffusion inélastique
par rapport à celle élastique à la section IV.2.1.

IV.1.3. Détection des photons diffusés

IV.1.3.1. Système de mesure des corrélations d’intensité de la lumière diffusée

Pour mesurer les fluctuations temporelles de l’intensité diffusée par le MOT, nous utilisons
la séquence illustrée sur la figure IV.1.3(c). Premièrement, les atomes sont chargés dans le
piège pendant 30 ms, suivi par un DMOT de 35 ms pour comprimer le nuage. Ensuite, le
MOT est coupé, laissant le nuage s’étendre librement pendant 2 ms de temps de vol (TOF).
Les atomes sont donc en mouvement purement balistique. Cette étape constitue la différence
majeure entre notre expérience et la technique standard de spectroscopie des ondes diffuses,
ce régime balistique étant difficilement atteignable dû au fluide dans lequel les diffuseurs sont
habituellement immergés [Pine 1988]. Deux impulsions d’une sonde, issue de la même diode
DFB qu’au chapitre III, de faible intensité et de waist 260 µm inférieur au rayon rms R =
0.5 mm du nuage illuminent les atomes. La polarisation de la sonde est maintenue linéaire. Leur
durée est de 100 µs, correspondant à la fenêtre temporelle où les corrélations d’intensité sont
mesurées. Elles sont séparées par une impulsion de repompeur de 50 µs, pour assurer le maintien
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Figure IV.1.3 – (a) Schéma de principe de l’expérience. La lumière diffusée par le MOT est collectée
dans une fibre monomode (FM), après passage à travers un cube séparateur de polarisation (CSP)
pour ne sélectionner qu’une composante de polarisation. La lumière est ensuite divisée en deux au
moyen d’un séparateur de faisceau fibré (SFF), les deux bras sont connectés sur deux photodiodes
à avalanche (PDA). Les temps d’arrivée des photons détectés par les PDA sont enregistrés avec un
convertisseur temps-digital (TDC) et analysées avec un ordinateur pour construire la fonction g(2). (b)
Niveaux atomiques pertinents de la raie D2 du 85Rb, distinguant diffusion élastique cohérente (flèche
pointillée rouge) et incohérente (diffusion Raman, flèche aux longs pointillés marron). (c) Séquence
expérimentale utilisée pour la mesure des corrélations d’intensité de la lumière diffusée.
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des atomes dans l’état |F = 3〉, et 50 µs d’expansion libre. On s’assure ainsi qu’aucuns champs
magnétiques ou lumineux ne viennent perturber l’illumination des atomes par la deuxième
impulsion de la sonde. La fréquence de la sonde est ajustée grâce à un AOM en configuration
double-passage. Notons que l’intensité de la sonde est modifiée pour chaque désaccord pour
maintenir le paramètre de saturation constant à s(δ) ≃ 0.05, assurant une quantité négligeable
et constante de diffusion inélastique. Entre deux cycles, les atomes sont recyclés de sorte à
atteindre en régime stationnaire un nombre d’atomes de N ≃ 3 × 109, une densité typique de
ρ0 ≃ 1011 at·cm−3 et une épaisseur optique à résonance b0 = 105 ± 4, mesurée par une courbe
de transmission entre chaque nouvelle acquisition de la fonction g(2). La répétition des cycles
permet de moyenner sur toutes les configurations du désordre.

Le principe de la mesure de g(2)(τ) est présenté sur la figure IV.1.3(a). La lumière diffusée
est collectée par une fibre monomode à une distance L = 40 cm du nuage, avec un angle de
41◦ par rapport à la direction de propagation du laser. Pour maximiser l’efficacité de couplage
dans la fibre, la taille du coupleur d’entrée de la fibre est choisie de telle sorte que le mode
d’entrée de la fibre soit adapté au diamètre du MOT. Un cube séparateur de polarisation, placé
en amont de la fibre, sélectionne une seule composante de polarisation. La combinaison de la
fibre et du cube assure la condition de cohérence spatiale maximale, β = 1. La lumière est
ensuite divisée en deux au moyen d’un séparateur de faisceau fibré 50/50, avant d’être détectée
par deux photodiodes à avalanche (SPCM-ARQH de Excelitas Technologies), limitant ainsi
l’impact de l’afterpulsing. Chaque détecteur est déclenché sur les impulsions de la sonde. Les
temps d’arrivée de chaque photon, avec une résolution de 81 ps, sont enregistrés grâce à un
convertisseur temps-digital multi-canaux (ID800 de TDQuantique). Ceux-ci sont envoyés à un
ordinateur pour construire directement l’histogramme des coïncidences.

Le nombre typique de coups enregistrés pendant les 200 µs d’impulsion de la sonde varie de
7 à 40, ce qui est néanmoins bien au-dessus du taux de dark counts (< 0.02 durant la même
période). Le nombre d’impulsions illuminant les atomes a été choisi de sorte à maximiser le
nombre de coups tout en limitant le chauffage des atomes par les cycles d’absorption et de
ré-émission des photons du laser. Les temps d’intégration varient de quelques heures à quelques
jours. Cependant, comme nous l’avons vu à la section précédente, une limitation du rapport
signal sur bruit est le taux décroissant de lumière diffusée dans la direction de la détection (vers
l’avant dans notre cas) quand b augmente pour b > 1. Pour garantir un temps d’intégration
raisonnable, nous nous sommes limités à des épaisseurs optiques b(δ) 6 2. Bien que relativement
faibles, ces valeurs seront suffisantes pour montrer les différences entre régime de diffusion simple
et multiple dans les corrélations d’intensité.

IV.1.3.2. Procédure de normalisation

L’obtention des histogrammes des coïncidences ne garantit pas d’avoir la fonction g(2) immé-
diatement. Il est nécessaire de recourir au préalable à une étape de normalisation. La première
étape est de tester la chaîne de détection. Pour cela, le plus simple est de mesurer les corré-
lations d’intensité de la lumière provenant d’un laser. En effet, comme nous l’avons vu à la
section I.4.3.1, la statistique des photons d’une lumière parfaitement cohérente suit une loi
de Poisson, dont la fonction de corrélation de l’intensité est g(2)(τ) = 1, ∀τ . Afin d’obtenir la
fonction g(2) pour un laser, nous avons illuminé en continu un morceau de papier immobile par
le laser sondant les atomes et nous avons enregistré les corrélations entre les photons diffusés.
Les diffuseurs étant fixes et tenant compte de la lumière laser, la statistique de la lumière
diffusée doit donc suivre une loi de Poisson, indiquant une décorrélation complète des temps
d’arrivée des photons successifs sur les détecteurs. La figure IV.1.4(a) montre l’histogramme
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Figure IV.1.4 – Test de la chaîne de détection. La lumière diffusée par un morceau de papier immobile
est analysée pour mesurer ses corrélations d’intensité. (a) Histogramme des coïncidences obtenues. (b)
Normalisation de l’histogramme par sa valeur moyenne. Comme attendu, la fonction g(2) est bien plate
et égale à un, validant notre système.
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Figure IV.1.5 – Procédure de normalisation de l’histogramme des coïncidences. Les données expéri-
mentales sont en gris et l’ajustement linéaire de la baisse du nombre de coïncidences à grand délai est en
noir. Notons qu’il est effectué sur la dernière micro-seconde du signal expérimental. En insert : mêmes
données normalisée (en divisant l’histogramme des coïncidences par l’ajustement linéaire) montrant
la fonction de corrélation de l’intensité g(2) en fonction du délai d’arrivée des photons τ .

des coïncidences obtenu, le nombre de coups typique étant de 80 × 104 par seconde. On voit
effectivement que la courbe est plate, comme attendu. En normalisant par la valeur moyenne
de l’histogramme, nous retrouvons effectivement que g(2)(τ) est plat et égal à un (en tenant
compte de la barre d’erreur), figure IV.1.4(b). Cette mesure valide notre système de détection.
On peut noter que si le morceau de papier tournait sur lui-même à vitesse constante, la lumière
diffusée serait qualifiée de pseudo-thermique, présentant une toute autre statistique.

La mesure des corrélations d’intensité de la lumière diffusée par le MOT s’effectue pendant
une séquence bien déterminée. Deux impulsions de la sonde de 100 µs sont appliquées et nous
enregistrons les temps d’arrivée des photons diffusés pendant cette période. Une mesure ty-
pique d’histogramme des coïncidences est présentée sur la figure IV.1.5. Du fait de la perte
de cohérence des photons aux grands délais, nous devrions avoir un histogramme plat pour
des délais assez longs. Or, ce n’est manifestement pas le cas. La raison vient du fait que les
corrélations sont mesurées sur une fenêtre temporelle finie, qu’il faut donc prendre en compte
dans la procédure de normalisation. En effet, si un des détecteurs enregistre l’arrivée d’un pho-
ton précisément 100 µs après le début de l’impulsion, il sera impossible de mesurer l’arrivée
d’un autre photon à un instant ultérieur, et donc une coïncidence, puisque les photodiodes
sont déclenchées sur l’application du laser. De ce fait, le nombre de coïncidences doit décroître
linéairement avec le délai d’arrivée des photons et atteindre zéro à la fin de l’impulsion. Au
final, la fonction g(2) est obtenue en divisant les données par la droite f obtenue par ajustement
linéaire à grand délai en fixant le point de zéro coïncidence, de la forme :

f(τ) = p

(

1 − τ

timpulsion

)

, (IV.1.8)

où timpulsion = 100 × 10−6 s. L’insert de la figure IV.1.5 montre la courbe obtenue après norma-
lisation de l’histogramme correspondant.
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IV.1.3.3. Retour sur le bruit de fréquence du laser

Il est connu que les diodes DFB sont très bruitées [Kraft 2005,Vartabi Kashanian 2016a], comme
vu au chapitre III. Néanmoins, contrairement aux expériences présentées au chapitre III, les
mesures de corrélations d’intensité ne sont pas sensibles au bruit de fréquence intrinsèque du
laser incident. Nous allons donc voir maintenant comment nous pouvons nous en affranchir.

Plaçons-nous dans le régime de diffusion simple. Le laser est supposé parfait pour le moment,
et donc décrit par l’équation (III.1.14) où ϕ(t) est constant, et le milieu contenant N diffuseurs.
A chaque diffusion par le diffuseur i, un déphasage φi est ajouté, décorrélé du déphasage φj

introduit par le diffuseur j. Le champ électrique diffusé par n diffuseurs Esc(t) s’écrit :

Esc(t) = Esc,0

n∑

i=1

e−iφi(t), (IV.1.9)

dont nous déduisons sa fonction d’auto-corrélation après ré-arrangements des termes :

〈Esc(t)Esc
∗(t+ τ)〉 = |Esc,0|2

〈
n∑

i=1

e−iφi(t)eiφi(t+τ) +
n∑

j=1

∑

k 6=j

e−iφj(t)eiφk(t+τ)

︸ ︷︷ ︸

= 0

〉

. (IV.1.10)

Les atomes étant tous identiques, tous les déphasages acquis lors des événements de diffusion
sont identiques les uns des autres. Au final, la fonction de corrélation d’ordre un du champ est
alors de la forme :

g(1)(τ) =
〈Esc(t)E

∗
sc(t+ τ)〉

〈Esc(t)Esc
∗(t)〉 =

〈

ei(φ(t+τ)−φ(t))
〉

. (IV.1.11)

Si maintenant, nous relâchons la contrainte ϕ(t) = cst en imposant donc du bruit de fréquence
au laser, g(1)(τ) devient alors :

g(1)(τ) =
〈

ei(ϕ(t+τ)−ϕ(t))ei(φ(t+τ)−φ(t))
〉

. (IV.1.12)

Le bruit de fréquence du laser apparaît bien dans l’expression de la fonction de corrélation
d’ordre 1 et doit donc être pris en compte dans l’étude d’effets liés au spectre optique de la
lumière diffusée. La fonction d’auto-corrélation de l’intensité s’écrit :

〈Isc(t)Isc(t+ τ)〉 = 〈Esc
∗(t)Esc

∗(t+ τ)Esc(t+ τ)Esc(t)〉

= |Esc,0|4
〈

n2 +
n∑

j=1

∑

k 6=j

e−i(φj(t)−φj (t+τ)+ϕ(t)−ϕ(t+τ))ei(φk(t)−φk(t+τ)+ϕ(t)−ϕ(t+τ))

〉

= |Esc,0|4
〈

n2 +
n∑

j=1

∑

k 6=j

e−i(φj(t)−φj (t+τ))ei(φk(t)−φk(t+τ))

〉

(IV.1.13)

La phase du laser ϕ(t) disparaît de l’expression de g(2)(τ), indiquant de fait le non impact de la
phase du laser sur les corrélations d’intensité. Cependant, nous n’avons pas tenu compte jusque
là des temps de parcours des photons entre le laser et le détecteur, où tj est le temps auquel
un photon est diffusé par le diffuseur j. Nous arrivons alors à :
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〈Isc(t)Isc(t+ τ)〉 ∝
〈

n2 +
n∑

j=1

∑

k 6=j

e−i(φj(t)−φj (t+τ)+ϕ(tj )−ϕ(tj +τ))ei(φk(t)−φk(t+τ)+ϕ(tk)−ϕ(tk+τ))

〉

.

(IV.1.14)
Pour ne pas être sensible à la phase du laser, il faut donc que ϕ reste constant pendant la durée
tj − tk. En d’autres termes, le bruit de fréquence du laser n’affecte pas la fonction g(2) tant que
la longueur typique du trajet d’un photon à l’intérieur du nuage d’atomes est plus petit devant
la longueur de cohérence du laser.

Regardons les ordres de grandeur de l’expérience, en comparant le temps passé par un photon
dans le système avec le temps de cohérence temporelle du laser. Le premier dépend clairement
du nombre de diffusion, et va donc être plus important dans le régime de diffusion multiple
que dans le régime de diffusion simple. Il s’exprime en fonction du temps de transport τtr qui
contient deux contributions :

— le temps de Wigner τW correspondant à la durée du processus de diffusion
— le temps de propagation entre deux diffuseurs ℓsc

vg
où vg est la vitesse de groupe.

Il a été montré dans [Labeyrie 2003] que, proche de la résonance, τtr ≃ Γ−1 = τat, avec τat =
26 ns le temps de vie du niveau excité de la raie D2 du 85Rb. Pour une lumière à résonance avec
les atomes, un ordre de grandeur du temps passé par un photon dans la vapeur atomique est
alors donné par 3

5.35π2 b
2
0 τtr ≃ 15 µs. En confrontant cette valeur au temps de cohérence de la

diode DFB de ∆ωL
−1 = 53 ns, on déduit que les photons s’extrayant du milieu atomique n’ont

plus de cohérence de phase entre eux, puisque que le temps passé dans le nuage est supérieur
au temps de cohérence de la source laser, en désaccord avec l’expression (IV.1.14).

Pour résoudre ce problème, il est nécessaire de prendre en compte les effets de vitesse de
phase et non plus de vitesse de groupe, comme nous venons de la faire. Comme nous l’avons
vu à la section I.2.2, le nombre moyen d’événements de diffusion est proportionnel au carré de
l’épaisseur optique, donc à résonance : b0 ∼

√

〈Ndiff, max〉. Par définition du libre parcours moyen,
ℓsc est la distance moyenne parcourue entre deux diffusions. Donc la distance totale parcourue
par un photon à résonance dans le milieu atomique est en moyenne 〈Ndiff, max〉 ℓsc = b0

2(ρ0σ0)−1.
Avec les nombres typiques de l’expérience, cette distance moyenne est estimée à environ 30 cm.
Cette dernière doit être comparée à la longueur de cohérence temporelle de la diode DFB. Sa
largeur étant de ∆ωL = 2π × 3 MHz, nous déduisons une longueur de cohérence de 16 m. Au
final, même à résonance (et a fortiori à plus faible épaisseur optique), la condition de la longueur
du trajet du photon dans le milieu plus petite que la longueur de cohérence temporelle du laser
est toujours vérifiée. Finalement, le bon argument pour la prise en compte des effets éventuels
du bruit de fréquence sur une mesure de g(2)(τ) est donc de suivre les différents déphasages
acquis lors des événements de diffusion successifs. Être insensible à ce bruit revient à s’assurer
que les différences de marche entre les photons dans le système restent inférieures à la longueur
de cohérence temporelle du laser.

IV.2. Résultats expérimentaux

La figure IV.2.1 présente plusieurs mesures de g(2)(τ) pour différentes épaisseurs optiques b(δ),
du régime de diffusion simple (grand désaccord) au régime de diffusion multiple (proche de la ré-
sonance). De ces courbes, nous pouvons faire trois commentaires. Premièrement, une évolution
du contraste est visible en fonction de la fréquence du laser. Ensuite, il est clair qu’une perte de
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cohérence a lieu en se rapprochant de la résonance atomique. L’extraction de ce temps de co-
hérence est le résultat majeur de ce chapitre. Enfin, les fonctions g(2) changent progressivement
de forme. Dans les sections suivantes, nous allons développer ces trois observations.

IV.2.1. Étude de la baisse de contraste

Une étude attentive de la valeur à τ = 0 de la fonction g(2) pour les trois épaisseurs optiques
différentes de la figure IV.2.1 montre que le contraste, défini par C = g(2)(0) − 1, est légèrement
inférieur à la valeur idéale de un. Une analyse systématique a donc été faite pour comprendre
cette baisse.

Une première cause d’altération de contraste est due aux dark counts des photodiodes à ava-
lanche. Leur taux est d’environ 100 coups·s−1. Par bin temporel de tbin = 81 ps, le nombre de
coups est donc n̄dark = 81 × 10−10 coups·bin−1. Le taux de coïncidence par bin temporel est
donc n̄dark

2. Compte tenu de la durée des impulsions de la sonde (tpulse = 200 µs), de la durée
d’un cycle expérimental (tcycle = 73.4 ms) et de la durée typique d’intégration (tint = 3600 s),
nous arrivons à un taux de coïncidence Rdark par heure de :

Rdark = n̄dark
2 tpulse

tbin

tint

tcycle
= 8 × 10−6 coïncidence par heure. (IV.2.1)

Ce taux doit être comparé à celui obtenu typiquement lors d’une mesure de g(2)(τ). Nous enre-
gistrons typiquement vingt coups pendant les 200 µs d’impulsion de la sonde. Nous obtenons
finalement :

Rsonde = 8 coïncidences par heure. (IV.2.2)

Nous déduisons donc que la contribution du bruit intrinsèque des photodétecteurs est négli-
geable.

Il reste cependant à estimer l’importance des artefacts de corrélation, dus à la diffusion de la
lumière par les surfaces de la cellule à vide ou par la vapeur résiduelle de rubidium à température
ambiante. Pour connaître la contribution de la cellule seule, il faut pouvoir s’affranchir de la
vapeur atomique à l’intérieur. Pour cela, il est nécessaire de travailler avec une sonde hors
résonance. Dans ce cas, nous avons obtenu :

Rcellule = 3 × 10−5 coïncidence par heure. (IV.2.3)

L’impact de la vapeur atomique chaude de rubidium se détermine avec un laser résonant mais
en coupant le champ magnétique. Pour un désaccord de δ = 3Γ, nous avons mesuré :

Rvapeur chaude = 0.16 coïncidence par heure. (IV.2.4)

Nous en déduisons donc que la contribution de la lumière diffusée par la vapeur chaude à la
dégradation du contraste est d’environ 2%.

Enfin, la dernière source possible de la baisse de contraste est la diffusion Raman spontanée
entre les deux niveaux hyperfins fondamentaux, |3〉 → |2〉, via des désexcitations non-résonantes
des niveaux |3′〉 et |2′〉, voir la figure IV.1.3(b). Stricto sensu, cette diffusion doit être qualifiée
d’inélastique comme la fréquence du photon diffusé est différente de celle incidente. Toutefois,
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Figure IV.2.1 – Fonction de corrélation d’intensité g(2) pour b0 ≃ 105 et différents désaccords δ/Γ =
{20, 5, 3} de haut en bas, (a),(d) b(δ) = 0.07, (b),(e) b(δ) = 1 et (c),(f) b(δ) = 2. Les données
expérimentales sont présentées en gris. À gauche : courbes en échelle linéaire. À droite : zoom sur
les 2.5 µs en échelle semi-logarithmique. Un comportement gaussien (parabole en semi-log) est ajouté
(ligne pleine noire) pour guider les yeux sur l’évolution temporelle aux délais courts. Nous avons réalisé
un binning différentiel sur les courbes en échelle semi-log pour augmenter le rapport signal à bruit
dans les ailes de g(2)(τ), les courbes en échelle linéaire n’étant binnées que deux fois. La mesure de la
déviation standard du bruit à grand délai est en accord avec le bruit attendu dans le cas où seul le
shot noise est limitant.
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nous réservons le qualificatif de diffusion inélastique pour des processus dépendant de l’intensité
du laser, donc quand s(δ) > 1. Nous parlerons de diffusion élastique lorsque s(δ) ≪ 1. Nous
utiliserons alors les termes diffusion cohérente quand les photons sont diffusées sur la transition
|3〉 → |4′〉 et diffusion Raman incohérente lorsque les photons sont diffusés par toute autre
transition. Pour estimer l’importance de cette baisse, il faut calculer les taux de diffusion sur
les transitions considérées. Par exemple, dans le cas d’une diffusion Rayleigh, le taux de diffusion
sur la transition |3〉 → |4′〉 s’écrit pour s(δ) ≪ 1 :

Rsc,34′ =
Γ

2

s0

1 + 4δ2/Γ2
C34′ , (IV.2.5)

où s0 est le paramètre de saturation à résonance tel que s(δ) = 0.05 pour les différents désaccords
utilisés et C34′ = 3

7
est le coefficient de Clebsch-Gordan moyenné sur la transition pour prendre

en compte la présence des sous-niveaux Zeeman du 85Rb. Mais les atomes dans le niveau |3〉 sont
aussi susceptibles de diffuser les photons de la sonde sur les transitions |3〉 → |3′〉 et |3〉 → |2′〉.
Les taux de diffusion correspondant s’écrivent, respectivement :

Rsc,33′ =
Γ

2

s0

1 + 4(δ + δ3′4′)2/Γ2
C33′T33′ (IV.2.6)

Rsc,32′ =
Γ

2

s0

1 + 4(δ + δ2′4′)2/Γ2
C32′T32′, (IV.2.7)

où δj′4′ est le désaccord entre le niveau excité |j′〉 et |4′〉, Cij′ est le coefficient de Clebsch-Gordan
moyenné sur la transition |i〉 → |j′〉. Nous avons C33′ = 5

27
et C32′ = 10

189
. Le facteur Tij′ est

appelé rapport de branchement. Il permet de connaître la probabilité de désexcitation du niveau
excité |j′〉 vers |i〉. Il s’obtient par :

Tij′ =
2J ′ + 1

2J + 1

2F + 1

2F ′ + 1
SF F ′, (IV.2.8)

avec J ′ = 3/2, J = 1/2 pour la raie D2 du 85Rb. Les facteurs de force SF F ′ sont calculables
à partir des symboles 6j. Tous ces facteurs sont connus pour le rubidium et sont tabulés
dans [Steck 2001]. In fine, le taux total de diffusion des photons de la sonde est :

Rsc, total = Rsc,34′ +Rsc,33′ +Rsc,32′ . (IV.2.9)

Jusque là, l’atome se désexcitait pour toujours revenir dans |3〉. Mais il est aussi possible que
celui-ci se retrouve dans |2〉 après avoir subi un processus de diffusion Raman. Deux transitions
doivent dans ce cas être prises en compte : |3′〉 → |2〉 et |2′〉 → |2〉, dont les taux de transition
s’écrivent :

Rsc, Raman33′ =
Γ

2

s0

1 + 4(δ + δ3′4′)2/Γ2
C33′T23′ (IV.2.10)

Rsc, Raman32′ =
Γ

2

s0

1 + 4(δ + δ2′4′)2/Γ2
C32′T22′. (IV.2.11)

On voit ici tout l’intérêt des rapports de branchement quand plusieurs désexcitations sont
possibles à partir d’un même niveau. Le taux de diffusion Raman est donc :
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Rsc, Raman = Rsc, Raman,33′ +Rsc, Raman,32′ . (IV.2.12)

Le poids relatif de la diffusion Raman par rapport à la diffusion Rayleigh est défini comme :

Rrel, Raman =
Rsc, Raman33′ +Rsc, Raman32′

Rsc,34′ +Rsc,33′ +Rsc,32′

. (IV.2.13)

Quand le désaccord par rapport au niveau |4′〉 augmente, le poids de la diffusion Rayleigh
diminue puisque l’on s’éloigne de la transition sur laquelle les photons sont diffusés. Cependant,
celui de la diffusion Raman reste globalement constant puisque le désaccord ajouté, typiquement
quelques largeurs naturelles Γ est petit devant l’écart hyperfin entre |4′〉 et |3′〉 et |4′〉 et |2′〉.
En conséquence, le poids relatif de la diffusion Raman augmente en éloignant la sonde de la
résonance atomique.

Il faut maintenant déterminer la forme du spectre optique de la lumière diffusée. Nous avons vu
à la section IV.1.1 que, en régime de diffusion simple, celui-ci est gaussien, de largeur ∆ω(θ) =

k
√

2(1 − cos θ)kBT/m. θ est l’angle entre la sonde et la fibre collectrice. On déduit donc qu’en
présence de diffusion Raman, le spectre de la lumière diffusée comporte deux contributions. La
première est la partie Rayleigh centrée à la fréquence du laser dont nous venons de discuter. La
seconde est due à la diffusion Raman. En première approximation, on peut supposer que c’est
aussi une gaussienne mais décalée en fréquence dû à l’écart entre les niveaux |3〉 et |2〉. Dans
ce cas :

Ssc(ω) = (1 − Rrel Raman) exp

(

− ω2

2∆ω(θ)

)

︸ ︷︷ ︸

Spectre de photons revenant dans |3〉

+Rrel Raman exp

(

−(ω − ω23)2

2∆ω(θ)

)

︸ ︷︷ ︸

Spectre de photons revenant dans |2〉

,

(IV.2.14)
avec ω23 ≃ 3 GHz l’écart en fréquence entre les deux niveaux hyperfins fondamentaux |2〉 et
|3〉. Par application du théorème de Wiener-Khintchin et de la relation de Siegert, la fonction
de corrélation de l’intensité g(2) s’obtient en prenant le module au carré de la transformée de
Fourier inverse de Ssc(ω) :

gRaman
(2)(τ) = 1 +

∣
∣
∣TF−1[Ssc(ω)]

∣
∣
∣

2
. (IV.2.15)

La fonction g(2) finale fait intervenir les interférences entre les parties Rayleigh et Raman
de la lumière diffusée. Il en résulte donc un battement entre ces deux composantes dont la
fréquence ω23 correspond au décalage en fréquence entre |2〉 et |3〉. En utilisant les paramètres de
l’expérience, nous sommes donc susceptibles de pouvoir simuler l’impact de la diffusion Raman
sur le contraste en fonction de la fréquence du laser. À titre d’exemple, la figure IV.2.2(a)
montre une courbe de g(2)(τ) obtenue pour un désaccord de δ = 20Γ, garantissant b(δ) ≪ 1.

Bien évidemment, les photodiodes utilisées ne sont pas des détecteurs parfaits et nous devons
tenir compte de leur résolution temporelle dans la mesure du contraste. Il en résulte que le
battement est trop rapide pour être résolu par les PDA, dont la résolution est de 350 ps. La
fonction g(2) mesurée est donc la convolution entre g(2)(τ) et une gaussienne de largeur à mi-
hauteur de 350 ps simulant le jitter temporel du détecteur. Le temps d’échantillonnage du
TDC étant de 81 ps, les oscillations dans g(2)(τ) sont « supprimées », induisant un moyennage
temporel et donc une réduction du contraste effectivement mesuré, comme observé dans les
vapeurs chaudes de rubidium [Dussaux 2016]. Cette baisse est donc proportionnelle au taux de
diffusion Raman.
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Figure IV.2.2 – Étude de la baisse de contraste en fonction du désaccord de la sonde, prenant en
compte les effets de diffusion incohérente par processus Raman. (a) Exemple de fonction g(2) obtenue
en considérant les interférences entre les composantes Rayleigh et Raman de la lumière diffusée, pour
δ = 20Γ assurant d’être dans le régime de diffusion simple. En insert : zoom sur les trois premières
nano-secondes. (b) Variation du contraste C mesurée avec b(δ). Les triangles noirs correspondent aux
points expérimentaux obtenus en calculant la valeur moyenne de g(2)(τ) entre −30 ns et 30 ns, les
cercles rouges aux calculs de diffusion inélastique moyennés sur les trois premières nano secondes.
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Figure IV.2.3 – Évolution du temps de cohérence mesuré expérimentalement, défini comme la largeur
à mi-hauteur de g(2)(τ), en fonction de l’épaisseur optique à la fréquence du laser b(δ).

La figure IV.2.2(b) montre la comparaison entre les simulations de baisse de contraste par
diffusion Raman et celui mesuré expérimentalement. Dans tous les cas, il est estimé sur les
trente premières nano secondes de g(2)(τ). Nous observons un bon accord qualitatif. Nous
estimons, néanmoins, que la baisse de contraste mesurée expérimentalement correspond à la
valeur attendue avec une valeur moyenne de 10% pour les paramètres expérimentaux. En effet,
nous avons supposé que le spectre de la lumière diffusé est toujours gaussien dont la largeur est
seulement donnée par la température du nuage, quelque soit l’épaisseur optique. Cela est valable
en régime de diffusion simple mais ne tient plus quand l’épaisseur optique augmente. Toutefois,
même si la forme du spectre optique en régime de diffusion multiple est difficilement accessible,
on pourrait estimer son impact sur la baisse de contraste en considérant des spectres dont
les largeurs spectrales correspondent aux temps de cohérence τcoh extraits de la figure IV.2.3.
Malgré cela, on peut conclure que la contribution essentielle à la baisse de contraste provient de
la diffusion Raman. Mentionnons de plus que la diffusion Raman entre les sous-niveaux Zeeman
ne contribue pas à une dégradation du contraste. En effet, même dans le cas où la dégénérescence
n’est pas parfaite (à cause, par exemple, d’un champ magnétique mal compensé), il en aurait
résulté un battement à basse fréquence (quelques centaines de kHz) aisément résolu par le
système de détection.

Notons enfin que contrairement à ce qui a été reporté précédemment dans [Bali 1996] et
[Stites 2004], aucune dégradation du contraste n’est mise en évidence dans le régime de diffusion
multiple. La différence réside dans le fait que nous ne traitons ici que de la diffusion élastique.

IV.2.2. Évolution du temps de cohérence : redistribution de fréquence et
thermométrie

La seconde observation, présentée sur la figure IV.2.3, est le rétrécissement temporel de la fonc-
tion de corrélation de l’intensité lorsque l’épaisseur optique à la fréquence du laser augmente,
menant donc à une baisse du temps de cohérence. Cette décroissance du temps de cohérence est
une signature directe de la redistribution de fréquence. En effet, même si la vitesse de l’atome
diffusant est petite du fait de la faible température du nuage, l’effet Doppler impose que la
fréquence du photon diffusé est légèrement différente de celle du photon incident. Cette modi-
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fication dépend de l’orientation relative de la vitesse de l’atome et de la différence des vecteurs
d’onde des photons incident et diffusé, de sorte que le décalage en fréquence induit s’écrit :
δω = ∆k·v, dépendant de θ. Pour une vapeur atomique à T ∼ 100 µK, un ordre de gran-
deur de ce décalage vaut δω ≃ k

√

〈v2〉 ≃ Γ/50. L’impact de la redistribution de fréquence est
donc relativement petit, permettant l’observation d’effets interférentiels pour un petit nombre
d’événements de diffusion comme le cône de rétro-diffusion cohérente [Labeyrie 1999]. Mais
quand le nombre d’événements de diffusion augmente, les décalages en fréquence s’accumulent
et peuvent devenir comparables à Γ, menant à la sortie de la résonance atomique. En effet,
on peut considérer pour les atomes froids que toutes les directions d’orientation des vitesses
sont équiprobables. δω est donc une variable aléatoire centrée, de moyenne nulle et de variance
de l’ordre de k2 〈v2〉. L’ordre de grandeur du décalage Doppler total après Ndiff = b2 est donc
bk
√

〈v2〉, qui peut être éventuellement supérieur à la largeur de l’état excité de la transition.

Pour étudier la diffusion de la lumière dans les milieux atomiques denses, comme les atmosphères
interstellaires, où l’élargissement collisionnel est supérieur à la largeur naturelle de la résonance
atomique, l’hypothèse de redistribution complète de fréquence (abrégée CFR pour complete
frequency redistribution) a été introduite. Elle assure que la fréquence du photon diffusé est
décorrélée de la fréquence du photon incident [Holstein 1947]. C’est une hypothèse très souvent
rencontrée dans le contexte des vapeurs atomiques chaudes. Dans ce cas, l’élargissement Doppler
est supérieur à Γ. La fréquence du photon diffusé va donc être modifiée tenant compte de l’effet
Doppler et décalée hors de la résonance. Le milieu devient de facto presque transparent. C’est
un régime où les trajectoires parcourues par les photons sont longues, connues sous le nom de
vols de Lévy, étudiés dans le groupe [Mercadier 2009,Baudouin 2014b].

Cette hypothèse n’est plus valide pour les cas des atomes froids. L’effet Doppler introduit une
corrélation entre les fréquences des photons incident et diffusé : un photon dont le désaccord
est négatif est plus facilement diffusé par un atome se propageant dans la direction inverse. La
fréquence du photon vue par l’atome dans son référentiel propre est alors plus proche de la ré-
sonance. Ce régime, où des corrélations persistent entre les fréquences, est appelé redistribution
partielle de fréquence (PFR pour partial frequency redistribution). Par conséquent, du fait de
l’effet Doppler, la fréquence du photon subit une diffusion dans l’espace des fréquences, indui-
sant en moyenne un élargissement du spectre de la lumière diffusée. Par transformée de Fourier,
cet élargissement correspond à un rétrécissement de la fonction de corrélation g(1), et donc de
g(2)(τ), avec le nombre croissant d’événements de diffusion. Plusieurs signatures indirectes de
cet effet ont déjà été mises en évidence dans des expériences de piégeage de radiation [Pier-
rat 2009,Labeyrie 2003,Labeyrie 2005].

Une étude plus détaillée de l’évolution du temps de cohérence τcoh de g(2)(τ), défini comme
sa demie largeur à mi-hauteur, en fonction de l’épaisseur optique à la fréquence du laser est
présentée sur la figure IV.2.3. Pour extraire le temps de cohérence, nous avons travaillé sur les
données binnées par deux. La procédure est indiquée sur la figure IV.2.4. La première étape est
de déterminer g(2)(0) sur l’intervalle de temps −30 ns et 30 ns. Nous pouvons ensuite calculer
la valeur g(2)(τcoh) prise par la fonction g(2) en τcoh :

g(2)(τcoh) =
g(2)(0) − 1

2
+ 1. (IV.2.16)

Pour des délais proches de τcoh, nous pouvons considérer que g(2)(τ) varie linéairement avec τ :

g(2)(τ) = a× τ + b, (IV.2.17)
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Figure IV.2.4 – Illustration de la procédure d’extraction du temps de cohérence de la fonction g(2), ici
présentée pour une épaisseur optique de b(δ) = 0.02. Une régression linéaire, sur l’intervalle de temps
délimité par les lignes pointillées verticales, de la forme (IV.2.17) donne a = (−0.507 ± 0.016) µs−1

et b = 1.93 ± 0.01, dont nous déduisons τcoh = (961 ± 30) ns. Le point noir représente le centre de la
plage de la régression linéaire.

avec a, b des coefficients déterminés par une régression linéaire, la plage temporelle de l’ajuste-
ment étant de 200 ns de part et d’autre de la valeur à mi-hauteur calculée via (IV.2.16). Nous
remontons enfin à la largeur à mi-hauteur en combinant les deux dernières relations :

τcoh =
1

a

(

g(2)(0) − 1

2
+ 1 − b

)

. (IV.2.18)

Précisons que le recours à un ajustement gaussien des données n’aurait fonctionné que dans
le régime de diffusion simple. Quand l’épaisseur optique devient supérieure à l’unité, nous
mettrons en évidence que la fonction g(2) mesurée dévie de plus en plus d’une gaussienne,
validant a posteriori l’utilisation d’une régression linéaire. Les largeurs extraites correspondent
aux triangles noirs sur la figure IV.2.3, les barres d’erreur étant obtenues par les incertitudes
issues de la mesure de g(2)(0) et de la régression linéaire. Nous mettons très clairement en
évidence un plateau pour b(δ) ≪ 1 et une décroissance dès que b n’est plus petit devant 1.

Ce plateau est dû à l’élargissement Doppler dans le régime de diffusion simple. Il est, par
conséquent, directement lié à la température du nuage ainsi qu’à l’angle d’observation θ par
rapport à la direction de propagation du photon incident. En effet, le décalage Doppler associé
à chaque diffusion s’écrit [de A. Carvalho 2015] :

δω(θ) = ∆k·v = k(v‖(cos θ − 1) + v⊥ sin θ), (IV.2.19)

où v‖, v⊥ sont les composantes longitudinale et transverse de la vitesse d’un atome le long de
la direction de propagation du photon incident. Pour les atomes froids, nous avons :

〈

v‖
2
〉

=
〈

v⊥
2
〉

=
kBT

m
. (IV.2.20)

Cela donne donc une largeur Doppler b :

b. Ceci n’est une bonne approximation que pour les atomes froids, quand l’élargissement Doppler est petit
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∆ω(θ) = k

√

2(1 − cos θ)
kBT

m
. (IV.2.21)

Le décalage Doppler associé à chaque événement de diffusion reflète donc la distribution des
vitesses atomiques, voir figure IV.1.1. Par conséquent, le spectre de la lumière diffusé en diffusion
simple est gaussien :

S(ωL, θ) ∝ e
−

(ωL−ω0)2

2∆ω(θ)2 . (IV.2.22)

Nous en déduisons donc, par transformée de Fourier, que la fonction g(1) est aussi une gaus-
sienne :

g(1)(τ, θ) = e
−

τ2(1−cos θ)

4τc2 , (IV.2.23)

avec τc
−1 = 2k

√
kBT
m

la largeur à e−2. En utilisant enfin la relation de Siegert, nous obtenons
que g(2)(τ) est aussi de forme gaussienne :

g(2)(τ) = 1 + e
−

τ2(1−cos θ)

2τc2 . (IV.2.24)

La mesure du temps de cohérence peut donc servir de thermomètre comme elle est directement
reliée à la température du nuage. En utilisant les données correspondant à la plus faible épaisseur
optique (b(δ) = 0.02), nous extrayons une largeur à mi-hauteur τcoh = (961 ± 30) ns donnant
une température de T = (245 ± 15) µK, ce qui est bien en accord avec la température mesurée
par temps de vol.

Plus l’épaisseur optique augmente, plus le temps de cohérence diminue. Cette observation s’in-
terprète en faisant appel à la redistribution partielle de fréquence. Un décalage en fréquence est
ajouté à chaque diffusion. Plus le nombre d’événements de diffusion augmente, plus le décalage
Doppler total est important. Cela conduit donc en moyenne à un élargissement du spectre,
d’où à une perte de cohérence effectivement mesurée. Nous présenterons à la section IV.3.2 une
comparaison avec des simulations numériques. La baisse du temps de cohérence dans le régime
de diffusion multiple est au coeur de la DWS. Elle correspond à une sensibilité accrue au mou-
vement des diffuseurs. En effet, les photons subissent une marche aléatoire avant de s’extraire
de l’échantillon pour être détectés. Pour que le mouvement des diffuseurs ait un effet notable
sur les fluctuations temporelles de la lumière transmise, il faut que le trajet d’un photon dans
le milieu soit augmenté d’une quantité de l’ordre de la longueur d’onde. En transmission et si
l’épaisseur optique est supérieure à l’unité, la longueur caractéristique du mouvement des diffu-
seurs sondée par la DWS est beaucoup plus petite que la longueur d’onde du laser, typiquement
de l’ordre du rapport de la longueur d’onde par le nombre de diffusion. Enfin, rappelons qu’un
avantage de la DWS dans cette configuration est la possibilité de faire varier expérimentale-
ment l’échelle de longueur sur laquelle le mouvement d’un diffuseur est sondé en modifiant,
par exemple, la longueur du milieu. Cela revient donc à changer l’épaisseur optique. Sur notre
système, la présence de la résonance atomique permet de faire varier l’épaisseur optique juste en
changeant la fréquence du laser et donc sans avoir à toucher à la taille du nuage ou au nombre
d’atomes. Il est donc possible de juste désaccorder le laser par rapport à la résonance atomique

devant Γ. Elle n’est plus valide dans le cas des vapeurs atomiques chaudes où une corrélation existe entre
la direction de propagation du photon incident et la vitesse longitudinale d’un atome. Un atome interagira
préférentiellement avec un photon, désaccordé négativement par rapport à la résonance atomique, arrivant dans
la direction inverse à la vitesse longitudinale de l’atome [de A. Carvalho 2015].
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pour changer l’échelle de temps sur laquelle le mouvement est sondé grâce à la DWS, tout en
travaillant à nombre de diffuseurs contant.

IV.2.3. Changement progressif de forme

La dernière observation est le changement progressif de forme de la fonction g(2) sur la fi-
gure IV.2.1. En effet, nous venons de voir qu’à faible épaisseur optique, celle-ci est bien décrite
par une gaussienne dont la largeur à mi-hauteur est reliée à la température du milieu. L’ef-
fet Doppler impose que cette largeur dépend aussi de la direction d’observation de la lumière
diffusée. Comme expliqué précédemment, cette forme gaussienne est caractéristique de la dis-
tribution maxwellienne des vitesses des atomes du piège magnéto-optique et du pur mouvement
balistique animant les diffuseurs. Ce régime est complètement différent de ce qui est habituel-
lement rencontré dans les expériences de DWS. En effet, les systèmes étudiés habituellement
en DWS sont des diffuseurs directement immergés dans un liquide. En conséquence, le régime
de mouvement balistique est difficilement accessible compte tenu des interactions entre les dif-
fuseurs et le fluide autour. Aux temps longs, les particules diffusantes induisent un mouvement
diffusif pour les diffuseurs. Mais à des courtes échelles de temps, quand les interactions n’ont
pas notablement changé la fonction d’auto-corrélation des vitesses des diffuseurs, les particules
diffusantes ont un mouvement balistique. L’étude des fluctuations temporelles de l’intensité dif-
fusée permet d’accéder aux différentes échelles de temps à l’oeuvre dans ce type d’expériences.
Il est donc possible de sonder le passage du régime balistique au régime diffusif en étudiant la
variation de g(2)(τ) avec le délai d’arrivée des photons τ . Il a notamment été montré qu’une
décroissance exponentielle de g(2)(τ) à long délai est caractéristique du régime diffusif [Ma-
ret 1987,Pine 1988,Weitz 1989]. Notons, de plus, que l’étude de la courbure de la fonction g(2)

dans la limite τ → 0 informe sur la nature du mouvement des diffuseurs à des petites échelles
de temps. En particulier, une fonction concave reflète le caractère non diffusif du mouvement
des diffuseurs. La transition de l’un à l’autre, due à la présence d’interactions hydrodynamiques
entre diffuseurs et fluide environnant, a été mis en évidence [Weitz 1989], l’échelle de temps
séparant les régime balistique et diffusif étant de l’ordre de quelques dizaines de nano-secondes.

Nous discutons maintenant qualitativement la forme de g(2)(τ) en fonction de b(δ). Quand b
croît et aux temps courts, g(2)(τ) reste gaussien avec une largeur qui diminue quand b augmente,
comme indiqué par les lignes pleines noires dans la deuxième colonne de la figure IV.2.1. En
revanche, à plus grande échelle de temps, nous observons un comportement qui dévie de plus en
plus fortement d’une gaussienne. Plus particulièrement, la variation observée se rapproche d’une
droite en échelle semi-logarithmique, au lieu d’une parabole. Bien qu’une forme analytique de
ce changement de forme soit difficilement accessible, il est possible de prévoir que la largeur de
la courbe de la fonction g(2) atteigne une saturation profondément dans le régime de diffusion
multiple. Un photon proche de la résonance envoyé dans le milieu va alors subir un nombre
de diffusion typique de l’ordre de b0

2. Même à basse température, en d’autres termes même
si k

√

〈v2〉 ≪ Γ, le nombre de pas effectués peut être assez grand pour que l’impact de la
redistribution de fréquence soit tel que le photon subisse un décalage en fréquence comparable
à Γ. L’effet Doppler a donc pour conséquence d’amener le photon hors de résonance, avant que
ce dernier ne s’extraie du système. La largeur du spectre optique du photon qui s’échappe du
nuage est donc de l’ordre de Γ. On en déduit alors que le temps caractéristique de g(2)(τ) pour
les très grandes épaisseurs optiques va donc être de l’ordre de Γ−1 = τat, temps de vie du niveau
excité de la raie D2 du 85Rb.

Pour rendre compte de ce changement de forme et de cette saturation attendue, nous allons
développer deux modèles numériques, présentés à la section IV.3. Ils permettront de mieux
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Figure IV.3.1 – Principe du modèle des dipôles couplés. Un nuage d’atomes à deux niveaux est forcé
par un champ laser incident, désaccordé de δ par rapport à la fréquence de résonance atomique ω0, de
direction k0. Paramètres du nuage : nombre d’atomes Nat ∼ 103, épaisseur optique b0 ∼ 10 et taille
rms R du nuage fixé par les deux paramètres précédents. Paramètre du laser : waist w = R

3 . Direction
d’observation : θ = 41◦.

appréhender le rôle de la diffusion multiple dans la perte de cohérence de g(2)(τ).

IV.3. Analyse numérique et analytique des fluctuations tem-
porelles lors du passage entre le régime de diffusion simple et
de diffusion multiple

Nous abordons maintenant en détail le changement de forme observé dans les fonctions g(2)

mesurées pour différents b(δ), du régime de diffusion simple à celui de diffusion multiple. Pour
cela, nous avons eu recours à des simulations numériques basées sur deux modèles différents. Le
premier prend en compte des effets de cohérence (et donc l’existence d’interférences) alors que
le second est complètement incohérent c. Nous comparerons ensuite les résultats expérimentaux
et numériques avec une étude analytique.

IV.3.1. Modèles numériques

IV.3.1.1. Dipôles couplés

Le modèle des dipôles couplés (coupled dipoles, abrégé CD dans la suite) décrit de manière
microscopique le nuage atomique comme un ensemble de dipôles couplés interagissant avec un
champ laser de faible intensité [Svidzinsky 2010,Courteille 2010,Bienaimé 2011,Bienaimé 2013].
Son principe est présenté sur la figure IV.3.1. Le milieu est composé de N atomes à deux
niveaux identiques ponctuels, de fréquence de résonance ω0 et de taux de désexcitation Γ.
Nous assimilons les atomes à des diffuseurs isotropes, réémettant la lumière sous forme d’ondes

c. Nous le verrons, ce modèle ne prend pas en compte les effets interférentiels lors de la propagation du
photon dans le système. En revanche, ces derniers deviennent importants dans le calcul de la fonction g(2) par
la relation de Siegert, la fonction de corrélation résulte alors du battement entre les différentes composantes du
spectre optique.
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sphériques. L’ensemble est forcé par un laser se propageant dans la direction k0, de fréquence
ωL désaccordé de δ par rapport à la résonance atomique. Sous l’effet du champ laser, les atomes
acquièrent un moment dipolaire induit p. Nous supposons que la réponse des atomes au champ
incident E0 reste linéaire, de sorte que p ∝ E0. Nous allons adopter une description scalaire
de la lumière et faisons comme si la lumière n’était pas polarisée. Chaque atome est animé
d’une vitesse suivant une distribution maxwellienne tenant compte de la température du nuage.
Nous supposons, de plus, que la densité atomique suit une loi gaussienne simulant ainsi la
géométrie de l’expérience. Notons que la taille du laser est prise inférieure à celle du nuage
pour respecter la configuration expérimentale, typiquement plus faible d’un facteur trois. Ce
modèle a été intensément utilisé pour rendre compte des observations expérimentales de super
et sous-radiance [Scully 2006,Scully 2009,Guerin 2016a,Araújo 2016,Roof 2016].

L’approche CD consiste à calculer l’amplitude du champ total émis par le nuage, connaissant
les champs rayonnés par chaque dipôle constituant le nuage. En effet, le dipôle j à une position
rj est soumis au champ laser incident ainsi qu’aux champs diffusés par tous les autres dipôles
du nuage. De ce fait, ce modèle microscopique décrit les effets de cohérence et de coopérati-
vité [Guerin 2017b]. Plusieurs approches permettent d’exprimer les amplitudes des dipôles βj.
La première s’appuie sur une description quantique de l’interaction lumière-matière, alors que la
seconde décrit les atomes comme un ensemble d’oscillateurs harmoniques classiques. Les détails
de la dérivation de l’évolution temporelle des coefficients βj peut être trouvés dans [Roua-
bah 2015]. On montre alors que :

dβj

dt
= −iΩR

2
eik0·rj(t) +

(

iδ − Γ

2

)

βj(t) + i
Γ

2

∑

m6=j

βm(t)
eik0|rj(t)−rm(t)|

k0|rj(t) − rm(t)| . (IV.3.1)

Le premier terme correspond au couplage des dipôles au laser incident (dans la description
quantique ΩR = dE0

~
est appelé la pulsation de Rabi où d est l’élément de matrice du moment

dipolaire associé à la transition entre les états fondamental et excité), le second décrit l’évolution
naturelle des dipôles étant donné la durée de vie du niveau excité Γ−1. Enfin, le dernier terme
rend compte des interactions dipôle-dipôle, incluant les effets de cohérence. Précisons que les
vitesses des dipôles sont incluses dans l’expression (IV.3.1) et cachées dans les déphasages des
dipôles via la dépendance temporelle explicite de la position rj(t) des diffuseurs. La validité du
modèle impose de travailler à faible saturation, s ≪ 1. Il faut donc avoir ΩR ≪ Γ proche de la
résonance. Connaissant les amplitudes de chaque dipôle, on peut déduire l’intensité diffusée en
champ lointain totale dans la direction k :

Isc(k, t) ∝
∣
∣
∣
∣
∣
∣

N∑

j=1

βje
−ik·rj

∣
∣
∣
∣
∣
∣

2

. (IV.3.2)

La méthode de résolution consiste à trouver la solution des N équations linéaires couplées
décrivant le système en résolvant directement les équations différentielles portant sur les βj.
Comme le modèle permet de calculer à la fois le champ diffusé par chaque dipôle et l’intensité
totale émise par le nuage dans toutes les directions de l’espace, il offre un accès direct à g(1)(τ)
et g(2)(τ). Les simulations de type CD offrent donc la possibilité de vérifier la relation de Siegert
pour la direction d’observation choisie dans l’expérience, démontrée sur la figure IV.3.2 pour
b = 2.

Cependant, l’utilisation du modèle CD est limitée à quelques milliers d’atomes pour des raisons
de temps de calculs et de mémoire et donc des épaisseurs optiques de l’ordre de la dizaine. La
diminution de la taille du nuage pour augmenter b0, à N constant, est possible dans une certaine
mesure. En effet, comme nous souhaitons garder un laser de plus petite taille que le nuage, il faut
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Figure IV.3.2 – Vérification de la relation de Siegert avec un nuage contenant N = 5000 atomes,
b0 = 2.8, b(δ) = 2 et θ = 41◦. Ligne pointillée noir : g(2)(τ) ; ligne pointillée rouge : 1 + |g(1)(τ)|2. En
insert : mêmes données présentées en échelle semi-log, restreintes aux deux premières micro-secondes.

être vigilant à ce que la longueur de Rayleigh du laser reste plus grande que l’extension du nuage.
Il faut aussi garantir la condition de milieu dilué ρ0k

−3 ≪ 1. Celle-ci garantit de travailler dans
les mêmes conditions de l’expérience. Précisons par ailleurs que l’approximation de la lumière
scalaire implique le recours à un milieu dilué. En revanche, en adaptant le désaccord du laser,
on peut simuler les mêmes b(δ) que ceux étudiées sur l’expérience. Les simulations CD révèlent
donc que g(2)(τ) ne dépend que de b(δ). Enfin, on peut comprendre ce modèle en imaginant une
figure de tavelures. La prise en compte des interférences montre que l’intensité diffuse n’a pas
de distribution spatiale homogène mais est faite de maxima et de minima locaux. Néanmoins,
les tavelures sont stationnaires si les diffuseurs sont immobiles. Si on prend en compte leur
mouvement, l’intensité diffuse dans une direction précise fluctue dans le temps. Le speckle sera
donc dynamique et va présenter de fortes variations temporelles. L’étude de ses fluctuations,
comme nous l’avons vu au chapitre I, est donc une analyse directe du mouvement des diffuseurs
en régime de diffusion élastique. Cela nous permet de mieux comprendre le rôle de la diffusion
multiple dans les corrélations de l’intensité.

Ces simulations ont été réalisées par Romain Bachelard, de l’Université fédérale de São Carlos.

IV.3.1.2. Marche aléatoire d’un photon

Principe du modèle RW

Le second modèle est une simulation de type Monte-Carlo où la marche aléatoire (random
walk, abrégé RW dans la suite) incohérente d’un photon à l’intérieur du nuage atomique est
étudiée, dont le principe est présenté sur la figure IV.3.3. Celui-ci peut subir un grand nombre
d’événements de diffusion, supposés indépendants les uns des autres, par des diffuseurs dont
les positions sont tirées aléatoirement. Seule la nature corpusculaire de la lumière est prise en
compte et nous n’étudions pas les interférences entre les processus de diffusion. La comparaison
des modèles CD et RW montre l’existence éventuelle d’effets de cohérence résistant en régime
de diffusion multiple [Chabé 2014]. Chaque photon envoyé dans le nuage va subir une diffusion
isotrope après avoir parcouru une distance correspondant au libre parcours moyen ℓsc. La densité
atomique des diffuseurs suit une loi gaussienne de largeur correspondante à la taille typique du
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δω

θ

Figure IV.3.3 – Principe du modèle de marche aléatoire d’un photon à l’intérieur du milieu atomique.
Plusieurs photons sont envoyés dans un nuage d’atomes froids. Chaque diffusion est isotrope et le libre
parcours moyen est tiré au hasard, compte tenu de la distribution atomique gaussienne. Un décalage
en fréquence δω, lui aussi tiré au hasard compte tenu de la distribution atomiques des vitesses, est
introduit à chaque événement de diffusion pour simuler l’effet Doppler. Les paramètres utilisés dans
les simulations RW sont similaires à ceux de l’expérience. Paramètres du nuage : nombre d’atomes
Nat = 3 × 109, épaisseur optique b0 = 105 et taille rms du nuage R = 0.5 mm. Paramètre du laser :
waist w = 260 µm. Direction d’observation : θ = 41◦.

nuage, nous considérons donc une distribution de libre parcours moyen de la forme ℓsc(r, δ)
−1 =

ρ(r)σsc(δ). Pour tenir compte de la vitesse des atomes dans le nuage (et donc de l’effet Doppler),
nous introduisons, pour chaque photon, un décalage en fréquence δω à chaque événement de
diffusion, tiré aléatoirement dans la distribution des vitesses. Celui-ci s’écrit δω = ∆k·v, avec
∆k correspondant à la différence des vecteurs d’onde des photons diffusé et incident. Bien que
le modèle RW soit, par essence, incohérent, la prise en compte d’effets de dynamique temporelle
requiert une composante de physique ondulatoire dans les simulations [Weiss 2018]. Le décalage
en fréquence introduit par l’effet Doppler en est un exemple. Après diffusion, tous les photons
s’échappent du nuage. Nous sélectionnons seulement ceux qui sortent selon la direction θ = 41◦

dans un angle solide de 4 × 10−2 sr. Il n’est pas possible d’accéder à l’intensité diffusée et donc à
g(2)(τ). En revanche, nous obtenons le spectre S(ωL, θ) de la lumière diffusée dans la direction θ,
correspondant à la transformée de Fourier de g(1)(τ). En utilisant la relation de Siegert (validée
a posteriori par le modèle CD), nous reconstruisons g(2)(τ).

Le modèle RW prend en compte les vrais paramètres expérimentaux. Nous sommes donc en
mesure de simuler des nuages à géométrie gaussienne, de tailles et de densités locales compa-
rables à celles mesurées dans l’expérience. Par conséquent, les épaisseurs optiques à résonance
sont identiques. Pour obtenir un bon rapport signal sur bruit dans la direction θ, quelques 106

photons sont envoyés dans le milieu atomique.

Les simulations RW ont été effectuées dans l’équipe par William Guerin.

Distribution des photons P ayant subis n événements de diffusion

Un des avantages du modèle RW réside dans le fait que l’on peut étudier en détail la forme du
spectre optique de la lumière diffusée et donc la fonction de corrélation d’intensité en utilisant
la relation de Siegert. En effet, on peut suivre chaque photon envoyé dans le nuage au cours
des différentes diffusions. Quand ce dernier sort du nuage, nous avons une connaissance précise
de sa fréquence, son angle de sorti ainsi que le nombre d’événements de diffusion subis. Dans
la direction qui nous intéresse, on peut donc extraire le nombre de photons sortant après
n événements de diffusion, duquel on construit la distribution P(n). Cette distribution est
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particulièrement importante dans la compréhension de la modification de g(2)(τ) dans le régime
de diffusion multiple, comme nous le verrons au paragraphe suivant (équation (IV.3.4)). Une
connaissance fine de cette distribution permet un calcul précis de g(2)(τ) dans le régime de
diffusion multiple. La difficulté provient du fait que la distribution P(n) dépend des propriétés
du milieu ainsi que de sa géométrie. Il faut donc l’évaluer au cas par cas. Pour un nuage gaussien,
aucune expression analytique n’a pu être trouvée. Nous avons donc recours aux simulations RW
pour y accéder.

Pour la géométrie qui est la nôtre, nous présentons sur la figure IV.3.4 des exemples de distri-
butions normalisées P(n) pour quatre b(δ) différents. Dans le régime de diffusion simple, nous
retrouvons bien le fait que l’immense majorité des photons ne subissent qu’une seule diffusion.
Plus b(δ) augmente, et donc plus n augmente, plus la contribution des n > 1 devient impor-
tante. Pour les deux plus grands b(δ) présentés, les poids des différents événements de diffusion
sont relativement similaires (pour 0 6 n 6 40). En revanche, si n augmente, les effets des évé-
nements de diffusion se trouvant dans la queue de la distribution deviennent prépondérant. On
remarque que P(n) reste maximale autour de n = 2, même pour les hautes épaisseurs optiques.
Évidemment, P(n) tend vers 0 quand n → 0, traduisant le fait que les photons doivent subir au
moins une diffusion avant de sortir du milieu pour être détectés. Pour les grands n, la décrois-
sance de P(n) est assez lente : pour b(δ) = 105, nous obtenons par un modèle en loi de puissance
P(n)

n≫1∼ np avec p = −1.21±0.01. Bien qu’aucune forme analytique de P(n) ne soit connue pour
un échantillon de profil gaussien, il peut être intéressant de comparer cette situation au cas d’un
milieu infini dans la direction transverse (configuration en slab) où P(n) peut être calculée ex-
plicitement profondément dans le régime de diffusion multiple [Pine 1990a,van der Mark 1990].
Dans ce cas, le théorème central limite permet de montrer que P(n) décroît comme n−3/2 pour
n ≫ 1. Dès lors, il est possible de calculer directement l’expression de l’auto-corrélation du
champ électrique et d’en déduire g(2)(τ).

Fonction de corrélation d’intensité obtenue avec le modèle RW

Comme nous venons de le voir, le suivi de chaque photon dans le milieu nous permet de
mesurer sa fréquence au moment de sa sortie du nuage atomique dans la direction du système
de détection. En plus du spectre optique total de la lumière émise dans la direction θ, nous
avons aussi le détail des spectres optiques Sn(ωL, θ) des photons ayant subi n diffusions. En
prenant la transformée de Fourier, nous obtenons alors la fonction gn

(1), dont nous déduisons
la fonction de corrélation gn

(2) après n diffusions :

gn
(2)(τ) = 1 +

∣
∣
∣gn

(1)(τ, θ)
∣
∣
∣

2
. (IV.3.3)

Finalement, la fonction g(2) est donnée par :

g(2)(τ) = 1 +

∣
∣
∣
∣
∣
∣

∑

n>1

P(n) gn
(1)(τ, θ)

∣
∣
∣
∣
∣
∣

2

. (IV.3.4)

Cette dernière expression est utile pour comprendre le rôle des différents ordres de diffusion
dans le changement de forme de g(2)(τ), dépendant des fonctions individuelles gn

(1) ainsi que de
la distribution P(n). Soulignons ici l’analogie entre cette relation et celle obtenue au chapitre I,
expression (I.5.9).

La figure IV.3.5 montre l’évolution des formes de la fonction de corrélations d’intensité totale
ainsi que le détail de certains ordres de diffusions, pour b(δ) = 2. Premièrement, pour n =
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Figure IV.3.4 – Distribution P(n) normalisée de photons ayant subis n événements de diffusion obte-
nues avec les simulations RW pour quatre épaisseurs optiques différentes, à la température déduite de
la mesure de la demi-largeur de la fonction g(2) dans le régime de diffusion simple et dans la direction
d’observation θ. (a) b(δ) = 0.017, (b) b(δ) = 2.05, (c) b(δ) = 21 et (d) b(δ) = 105. En inserts : en bas
à gauche, zoom sur les quarante premiers événements de diffusion pour b(δ) = 21 et b(δ) = 105. En
bas à droite, distribution P(n) pour b(δ) = 105 en échelle log-log pour illustrer la décroissance en loi
de puissance. L’ajustement par une loi de puissance (ligne pleine orange), pour n ∈ [30; 2000], de la
forme P(n) ∼ np donne p = −1.21 ± 0.01.
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Figure IV.3.5 – Évolution de le forme de la fonction g
(2)
n pour chaque événement de diffusion n,

calculée à partir du modèle RW. Du rouge au jaune : g
(2)
n pour n ≥ 1 croissant. En pointillés noirs :

fonction de corrélation d’intensité totale calculée à partir de g
(1)
n et de P(n).

1, la forme de g1
(2)(τ) est clairement gaussienne. C’est, de nouveau, la signature de l’effet

de la distribution maxwellienne des vitesses atomiques sur la forme du spectre optique de la
lumière diffusée. Ensuite, pour n = 2, g2

(2)(τ) se déforme et n’est plus gaussien pour de grands
délais. En outre, plus n augmente, plus la forme des gn

(2)(τ) semble se rapprocher de nouveau
d’une gaussienne. Contrairement au cas n = 1 où la largeur de la gaussienne est fixée par la
température T des atomes ainsi que l’angle d’observation, celle-ci décroît quand n augmente.
Il en résulte que la forme totale de g(2)(τ) est difficile à déduire puisque l’on doit procéder à
la somme de gaussiennes, mais pas seulement, dont les largeurs sont différentes, pondérées par
P(n).

Des diffuseurs classiques ou résonants ?

Notons enfin qu’il est possible de tester grâce à RW l’influence de la résonance atomique dans le
changement de forme de la fonction g(2). Chaque photon incident sur les atomes est désaccordé
de δ, de sorte que l’épaisseur optique à la fréquence du laser soit b(δ) et la section efficace
de diffusion des atomes soit σsc(δ), et voit sa fréquence décalée de δω à chaque diffusion.
Dans les simulations non résonantes, les atomes gardent la même section efficace de diffusion
correspondante à celle du premier photon arrivant sur le système. À l’inverse, le cas résonant
prend en compte ces changements de fréquence : à chaque diffusion, la section efficace de
diffusion est modifiée et vaut σsc(δ + δω). Bien que dans la suite, nous utilisons le modèle
résonant, nous présentons sur la figure IV.3.6(a) une comparaison entre les spectres optiques
de la lumière diffusée, pour b0 = 105, dans la direction θ obtenus dans les deux cas. Nous
observons que les spectres ont une même largeur à mi-hauteur de 0.16Γ, notablement plus
étroit que la largeur de la résonance, mais que les comportements dans les ailes sont très
différents. En particulier, elles sont plus larges pour des diffuseurs classiques dues à la non-
prise en compte des effets de redistribution en fréquence dans le calcul de la section efficace de
diffusion. Par application de la relation de Siegert, nous obtenons les fonctions de corrélation g(2)

correspondantes, tracées sur la figure IV.3.6(b) et ne remarquons aucune différences marquées
sur les fonctions g(2) à petits délais, du fait des ailes du spectres optiques. Notons toutefois
qu’une légère différence aux temps courts doit exister mais serait difficile à mettre en évidence
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Figure IV.3.6 – Comparaison des simulations RW illustrant la différence entre diffuseurs résonants
et classiques. (a) Spectres optiques obtenus pour b0 = 105 dans les cas résonant (en rouge) et non-
résonant (bleu), dans la direction θ. L’intégrale des spectres est normalisée à l’unité. (b) Fonctions g(2)

correspondantes calculées à partir de la relation de Siegert, le code couleur est identique. En insert :
histogramme des décalages Doppler tirés au hasard dans les simulations, en unité de kv, indiquant que
la densité de probabilité (DP) ne suit pas une loi gaussienne. Noter les échelles semi-logarithmiques.

du fait de l’échantillonnage imposé par la fenêtre de fréquences pour calculer le spectre optique
de la lumière diffusée. Il apparaît alors difficile de mettre en évidence expérimentalement un
quelconque effet dû à la résonance puisqu’il se manifesterait à haute épaisseur optique dans le
spectre optique à une magnitude de l’ordre de 10−2, et donc de l’ordre de 10−4 au moins dans
la fonction g(2) du fait de la relation de Siegert, puisque le temps d’intégration devrait alors
très grand (de l’ordre de l’année). En plus de cette limitation, on deviendrait alors sensibles
aux corrélations parasites du TDC qui viendront fausser la signal mesuré.

En outre, la forme obtenue du spectre optique est dépendante de la distribution des décalages
Doppler tirés au hasard lors du calcul de la différence de marche du photon dans le milieu.
Le spectre optique s’avère être proche d’une lorentzienne, même proche de la résonance. Ce
constat peut être surprenant compte tenu du fait que l’effet Doppler est directement relié à
la distribution maxwellienne des vitesses des atomes de la vapeur. On peut donc attendre que
le spectre optique thermalise vers une gaussienne dont la largeur est proche de Γ, ce qui n’est
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Figure IV.3.7 – Évolution du temps de cohérence en fonction de l’épaisseur optique à la fréquence
du laser b(δ). Les triangles noirs correspondent aux données expérimentales, les losanges rouges à
la simulation marche aléatoire (RW) et les cercles oranges au modèle des dipôles couplés (CD). En
insert : zoom à grande épaisseur optique des temps de cohérence obtenus dans le modèle de la marche
aléatoire du photon dans le milieu. τat est défini comme l’inverse de la largeur du niveau excité :
τat = Γ−1 = 26 ns.

effectivement pas le cas. Une explication est donnée par l’étude de la densité de probabilité
des décalages Doppler pour b0 = 105, tracée dans l’insert de la figure IV.3.6(b), et ne semble
pas suivre une loi gaussienne à cause de la sélection angulaire des photons diffusés dans la
direction θ. Pour calculer chaque δω à chaque événement de diffusion dans la direction θ, il faut
tirer au hasard deux vitesses correspondantes aux parties longitudinale et transversale dans la
distribution des vitesses suivant la relation vue précédemment [de A. Carvalho 2015] :

δω(θ) = k(v‖(cos θ − 1) + v⊥ sin θ). (IV.3.5)

En cumulant les diffusions, un même photon est diffusé un grand nombre de fois avant de
s’extraire du système, la mémoire de ce processus gaussien est perdue, modifiant notablement
la distribution des décalages Doppler.

IV.3.2. Confrontation à l’expérience

Pour comparer les résultats expérimentaux aux simulations, nous avons commencé par extraire
les temps de cohérence, définis comme les largeurs à mi-hauteur des courbes de g(2)(τ). La
comparaison est présentée sur la figure IV.3.7. Précisons de nouveau que les simulations RW
prennent en compte les paramètres de l’expérience alors que pour CD, un b0 plus faible est utilisé
mais un ajustement des désaccords du laser est réalisé pour faire correspondre les b(δ). Il en
résulte que le seul paramètre libre est la température du nuage, extraite de τcoh pour l’épaisseur
optique la plus faible. Malgré les différences conceptuelles entre les deux modèles, l’accord entre
eux est remarquable, ainsi qu’avec les mesures expérimentales. Rappelons que le modèle CD
est basé sur l’interaction entre des dipôles atomiques excités par un champ laser extérieur.
Compte tenu des effets d’interférences inclus, la lumière diffusée peut s’apparenter à un speckle
dynamique dans le cas où les dipôles sont en mouvement. Au contraire, le modèle RW étudie la
marche aléatoire, par principe, incohérente d’un photon dans le nuage atomique. Néanmoins,
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l’ajout d’une composante ondulatoire par l’introduction du décalage Doppler permet d’assimiler
l’échantillon comme une source pseudo-thermique dont on peut connaître le spectre. Les deux
visions sont donc complémentaires dans ce cas particulier et en parfait accord.

L’insert de la figure IV.3.7 montre comment évolue τcoh pour les hautes épaisseurs optiques,
dans le cadre du modèle RW. On voit que plus b augmente, plus le temps de cohérence diminue,
comme nous l’avons déjà discuté en abordant la redistribution en fréquence, jusqu’à atteindre
une saturation proche de la largeur de la résonance. Ce plateau est une signature de l’effet
cumulatif de la redistribution partielle de fréquence. Les photons accumulent les décalages en
fréquence au fur et à mesure des événements de diffusion, jusqu’à ce que δω ≃ Γ. Dans ce
cas, les photons sortent de la résonance et ne sont plus diffusés par les atomes, permettant aux
photons de s’échapper du système, ce qui explique la saturation observée. Plus particulièrement,
on s’attend à ce que la largeur du spectre optique de la lumière diffusée doit tendre vers Γ du
fait de toutes les contributions des décalages Doppler. Par application du théorème de Wiener-
Khintchin et de la relation de Siegert, la largeur de la fonction g(2) tend vers une valeur de
l’ordre de τat, ce qui est effectivement observé. En outre, cette saturation peut s’apparenter à
une signature numérique de la redistribution complète de fréquence. Toutefois, nous pouvons
nous interroger sur la validité de l’hypothèse CFR dans ce cas précis. Cette dernière implique
que la fréquence du photon diffusée est totalement décorrélée de celle incidente, ce qui n’est
pas vérifié ici. Qualitativement, on comprend pourquoi la largeur de g(2)(τ) converge vers un
temps de l’ordre de τat mais une prédiction quantitative reste cependant difficile puisque que
le régime CFR n’est pas atteint.

Une analyse de la décroissance de τcoh pour b ∈ [8; 80] indique un comportement en b−1/2 et
non pas comme l’inverse de l’épaisseur optique comme on pourrait attendre quand le transport
lumineux est diffusif, donc lorsque l’équation de diffusion s’applique. Une raison peut être le
passage du régime du transport diffusif de la lumière à un nouveau régime. En effet, lorsque la
lumière approche de la résonance, le paramètre bk

√

〈v2〉 peut être supérieur à Γ. Dans ce cas,
le transport de la lumière est régi par l’effet Doppler et le photon peut parcourir de longs pas
avant de subir une nouvelle diffusion, invalidant alors l’approximation de la diffusion. Une autre
raison peut venir de la géométrie du système. En effet, la densité gaussienne des atomes impose
que l’épaisseur optique soit plus faible en périphérie du nuage qu’au milieu. La probabilité qu’un
photon soit diffusé sur les bords du milieu est alors plus faible qu’au centre, résultant en une
sortie plus rapide du photon du système. Seule une comparaison de simulations numériques RW
entre nuage atomique avec densité gaussienne et nuage atomique sous forme de slab pourrait
permettre de répondre à cette question.

Enfin, nous confrontons maintenant les formes de g(2)(τ) mesurées et celles obtenues via les
simulations CD et RW, voir figure IV.3.8. Comme les deux modèles sont basés sur un atome
à deux niveaux, le contraste est donc maximal et égal à un. Dans le but de réaliser cette
comparaison sur une même figure, il faut prendre en compte la baisse de contraste due à la
diffusion Raman. Pour cela, les courbes numériques sont renormalisées par le contraste mesuré
expérimentalement, évalué en prenant la valeur moyenne de la courbe expérimentale entre
−30 ns et 30 ns. Nous obtenons un accord remarquable entre toutes les courbes, montrant que
l’effet de la diffusion multiple est bien décrit par les modèles CD et RW.

IV.3.3. Prévisions analytiques

Comparons maintenant les formes des courbes de g(2)(τ) obtenues dans l’expérience et les
simulations. Bien qu’une expression analytique de P(n) soit très difficile à obtenir, nous pouvons
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Figure IV.3.8 – Mêmes fonction de corrélation d’intensité g(2) pour les mêmes épaisseurs optiques que
celles présentées sur la figure IV.2.1. Les données expérimentales sont présentées en gris. À gauche :
courbes en échelle linéaire. À droite : zoom sur les premières 2.5 µs en échelle semi-logarithmique. De
haut en bas, (a) (d) b(δ) = 0.07, (b),(e) b(δ) = 1 et (c), (f) b(δ) = 2. Les courbes pointillées noir
et rouge correspondent, respectivement, aux simulations de dipôles couplés et de marche aléatoire.
Le contraste C = g(2)(0) − 1 obtenu dans les simulations vaut un. Pour tenir compte de la baisse de
contraste due majoritairement à la diffusion incohérente observée expérimentalement, les courbes sont
renormalisées par la valeur moyenne du g(2) mesurée entre −30 ns et 30 ns. Un comportement gaussien
(ligne noire pleine) est rajouté sur les courbes en semi-log pour guider l’oeil.
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Figure IV.3.9 – Configuration angulaire pour le calcul du spectre optique de la lumière sortante du
nuage d’atomes après deux événements de diffusion.

calculer relativement aisément une formule littérale pour gn
(1)(τ, θ) dans un modèle à deux

dimensions. Pour un seul événement de diffusion (figure IV.1.1), nous retrouvons le spectre
optique, et donc la fonction de corrélation d’ordre 1, gaussien vu précédemment et dont nous
rappelons l’expression :

g1
(1)(τ, θ) = e

−
τ2(1−cos θ)

4τ2
c , (IV.3.6)

où τc = 2k
√

kBT
m

. Pour étudier le cas de deux diffusions, figure IV.3.9, considérons tout d’abord
la diffusion d’un premier photon dans la direction θ1. Comme la mesure se fait selon l’angle
θ, il faut que le second photon diffusé soit émis avec un angle θ2 = θ − θ1, par rapport au
premier. Le spectre du second photon est alors obtenu par la convolution des deux spectres
individuels dus à l’effet Doppler S(ωL, θ1)∗S(ωL, θ−θ1). En prenant les transformées de Fourier
inverses, la fonction g(1) est donc le produit des fonctions de corrélation d’ordre un individuelles
g1

(1)(τ, θ1)×g(1)(τ, θ−θ1). Finalement, la fonction g2
(1) s’obtient en intégrant sur tous les angles

θ1 possibles :

g2
(1)(τ, θ) =

∫ 2π

0
dθ1 g1

(1)(τ, θ1) × g1
(1)(τ, θ − θ1) (IV.3.7)

= e
− 2τ2

4τc2

∫ 2π

0
dθ1 exp

(

τ 2

4τc
2

[

cos θ1 + cos(θ − θ1)
]
)

(IV.3.8)

= e
− 2τ2

4τc2 I0

[

τ 2

4τc
2

√

2(1 + cos θ)

]

, (IV.3.9)

où I0 est la fonction de Bessel modifiée de la première espèce. Autant dans le régime de diffusion
simple, il est aisé d’obtenir que g1

(1)(τ, θ) est gaussien, il est plus compliqué d’inférer la forme
de g2

(1) dans le cas de deux diffusions, et a fortiori pour plus d’événements de diffusion. En
effet, on peut montrer par un calcul identique que pour n événements de diffusion, nous avons :

gn
(1)(τ, θ) =

∫ 2π

0
dθ1 . . .dθn−1

[
n−1∏

i=1

g1
(1)(τ, θi)

]

g1
(1)

(

τ, θ −
n−1∑

j=1

θj

)

(IV.3.10)

= e
− nτ2

4τc2

∫ 2π

0
dθ1 . . .dθn−1 exp

(

τ 2

4τc
2

[
n−1∑

i=1

cos θi + cos
(

θ −∑n−1
j=1 θj

)
])

. (IV.3.11)
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Même si la forme est difficile à étudier, nous pouvons regarder les cas limites. Quand n augmente,
plusieurs angles θi s’ajoutent de manière aléatoire. Dans ce cas, la valeur moyenne du dernier
cosinus du membre de droite de l’expression précédente tend vers zéro et la contribution des θi

est brouillée et l’équation (IV.3.11) devient :

gn
(1)(τ) = e

− nτ2

4τc2

[
∫ 2π

0
dθ exp

(

τ 2

4τc
2

cos θ

)]n

(IV.3.12)

= e
− nτ2

4τc2

(

I0

[

τ 2

4τc
2

])n

. (IV.3.13)

La demi-largeur à mi-hauteur de la gaussienne de la relation (IV.3.13) s’écrit 2τc

√
ln(2)
2n

. Combiné

au fait que I0

[
τ2

4τc
2

]

≃ 1 dans le cas où τ ≪ τc, nous retrouvons pour
√

ln(2)
2n

≪ 1 une forme
gaussienne telle que :

gn
(1)(τ, θ) −→

n→∞
e

− nτ2

4τc2 , (IV.3.14)

dont la largeur à mi-hauteur dépend de n et décroît comme n−1/2. De plus, dans la limite
τ → 0, un développement limité en zéro de l’équation (IV.3.13) montre que gn

(1)(τ, θ) est une
parabole concave en échelle semi-log (comportement effectivement observé expérimentalement,
figure IV.2.1). Les fonctions de corrélation d’ordre 2 correspondantes sont obtenues avec la
relation de Siegert. La figure IV.3.10 présente la comparaison entre les expressions analytiques
obtenues et les simulations RW pour trois n différents. Notons que ce modèle analytique souffre
d’une certaine limite, nous n’avons en effet pas pris en compte la distribution non homogène
des atomes à l’intérieur du nuage. On observe néanmoins un très bon accord entre eux.

IV.4. Conclusion

En conclusion, nous avons présenté au cours de ce chapitre nos mesures de la fonction de
corrélation g(2) de l’intensité diffusée par des atomes froids en mouvement balistique, un régime
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Chap IV - Spectroscopie des ondes diffuses dans un nuage d’atomes froids en

mouvement balistique

difficilement atteignable dans les expériences typiques de DWS. Le fin contrôle des paramètres
de la lumière envoyée dans le nuage a permis d’explorer les régimes de diffusion simple et
de diffusion multiple. Du passage de l’un à l’autre, nous avons observé un rétrécissement de la
courbe de g(2)(τ) pour des épaisseurs optiques b(δ) croissantes ainsi qu’un changement de forme
subséquent. Le recours aux simulations numériques, basées sur les modèles de dipôles couplés
et de marche aléatoire, a rendu possible la mise en lumière du rôle de la diffusion multiple dans
les corrélations de l’intensité. Nous avons, notamment, observé un très bon accord entre les
calculs numériques et les données expérimentales.

Nous l’avons vu, la spectroscopie par ondes diffuses est une technique puissante, intensément
utilisée notamment dans le domaine de la matière molle mais a aussi d’autres applications en
physique atomique. Dans les vapeurs chaudes, la DWS pourrait faciliter l’étude de la dépen-
dance temporelle des vols de Lévy [Mercadier 2009, Baudouin 2014b], ainsi que la connexion
entre vols de Lévy et marches de Lévy quand ces effets temporels sont pris en compte [Za-
burdaev 2015]. Le régime balistique des diffuseurs étudié dans ce chapitre est dû à l’expansion
libre des atomes froids. Cependant, si ces derniers sont chargés dans une mélasse optique, ils
seront cette fois-ci animés d’un mouvement diffusif. La quantification de la friction induite par
le refroidissement Doppler ou sub-Doppler peut être réalisée par la DWS. Elle pourrait aussi
être un outil puissant pour étudier des transitions de phases, comme par exemple la localisation
d’Anderson de la lumière par les atomes froids [Skipetrov 2015,Celardo 2017]. Leur implémen-
tation peut aussi permettre d’étudier en détail la diffusion inélastique et donc l’occurrence du
triplet de Mollow, ainsi que des effets quantiques dans la diffusion coopérative de la lumière
par les atomes froids [Pucci 2017].

Jusque là, nous nous sommes limités à un système passif et en présence seulement de diffusion
élastique. Les corrélations d’intensité étant un outil puissant pour distinguer la nature classique
ou quantique de la lumière, elles pourraient être implémentées pour caractériser la nature de la
lumière émise par un système en présence de gain. Ceci pourrait, par exemple, être utilisé en
astrophysique. En effet, du gain ainsi que de l’effet laser sont susceptibles d’exister dans le milieu
interstellaire [Letokhov 2009]. La récente mesure des corrélations temporelles de l’intensité sur
trois étoiles [Guerin 2017a] ouvre la voie à l’étude de lumière quantique émise par les étoiles.
En outre, l’étude de la fonction g(2) pourra nous permettre d’analyser la lumière émise par le
nuage d’atomes froids au-dessus du seuil du laser aléatoire dans le but d’en obtenir un signal
expérimental direct. Dans cette optique, la première étape est de caractériser le gain dans les
atomes, en mesurant la longueur de gain, ce qui est l’objet du prochain chapitre.
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Introduction

Caractériser un milieu optique éclairé par plusieurs lasers n’est pas chose aisée en raison des
différentes constantes de temps mises en jeu dues aux interactions entre les fréquences lumi-
neuses et les constituants de l’échantillon. Jusqu’à présent, nous nous sommes concentrés sur
un milieu passif. Dans cette partie, nous allons nous tourner vers un milieu optiquement actif,
illuminé par un ou des lasers qualifiés de pompe. En particulier, nous cherchons à introduire du
gain dans le nuage d’atomes froids de 85Rb suivant un mécanisme nommé gain Raman hyperfin,
déjà utilisé sur notre expérience [Baudouin 2013a]. Ce type de gain peut être obtenu dans un
système en configuration Λ où une inversion de population est créée entre les deux niveaux hy-
perfins fondamentaux |F = 3〉 et |F = 2〉. Ce schéma met en jeu un processus multiphotonique
entre ces niveaux où un premier photon est absorbé, amenant le système dans un nouvel état
excité, et un second émis de manière stimulée à une fréquence différente.

Ce mécanisme de gain est basé sur la cohérence induite par la transition à deux photons entre les
deux niveaux hyperfins fondamentaux considérés. Ce processus a déjà été étudié aussi bien dans
des vapeurs atomiques chaudes [Kumar 1985,Bowie 2000] que froides [Tabosa 1991,Grison 1991].
Plus récemment, son utilisation dans les atomes froids a permis de mettre en évidence un effet
laser dans un cavité de grande finesse [Vrijsen 2011]. Il est aussi à la base de l’observation d’un
laser en cavité avec un unique atome de césium comme milieu amplificateur [McKeever 2003]
ou d’un laser superradiant [Bohnet 2012]. Cependant, d’autres phénomènes physiques reposent
aussi sur l’introduction de cohérence due aux transitions à plusieurs photons entre les deux
niveaux hyperfins fondamentaux du système en configuration Λ éclairé avec une pompe et
une sonde. Nous pouvons citer, entre autres, la transparence électromagnétiquement induite
observée pour la première fois dans un gaz de strontium entre des états excités [Boller 1991] ou
l’absorption électromagnétiquement induite [Lezama 1999].

En présence de transparence électromagnétiquement induite, la cohérence induite dans un sys-
tème en configuration Λ peut servir à stocker de l’information dans le système et faisant alors
office de mémoire optique. Dans ce cas, on cherche à ce que le temps de cohérence soit le
plus long possible avant de pouvoir restituer l’information initialement stockée. De longs temps
de vie, de l’ordre de plusieurs centaines de microsecondes, ont en effet été observés dans des
nuages d’atomes froids [Chanelière 2005, Cho 2016] ou dans des cristaux dopés aux ions de
terres rares [Goldner 2009] ouvrant la voie à des mémoires optiques solides. Cependant, lorsque
le temps de cohérence diminue, il devient difficile de pouvoir accéder à la dynamique temporelle
du système. Il faut donc développer des méthodes expérimentales permettant de résoudre ces
échelles temporelles. Pour cela, les techniques de spectroscopie pompe-sonde s’avèrent bien
adaptées. On envoie sur le système une première impulsion de haute intensité, appelée la
pompe, perturbant le système. Puis une seconde impulsion lumineuse de faible intensité, la
sonde, l’éclaire et vient lire l’état du système après l’excitation. Ce type d’expériences, résolues
en temps, a permis, notamment, de sonder les états vibrationnels de molécules organiques de
l’hémoglobine [Owrutsky 1995] ou d’un acide aminé [Mendonça 2012]. Cette technique est aussi
applicable lorsque pompe et sonde sont appliquées en même temps. Au quel cas, aucune dyna-
mique temporelle ne peut être étudiée mais il est possible de suivre l’évolution des populations
atomiques mis en jeu en étudiant la transmission de la sonde en présence de la pompe. Dans
ce cas, on peut suivre en temps réel la répartition de l’inversion de population induite dans le
milieu pendant l’illumination de la pompe. Nous avons déjà vu ce cas de figure avec la spec-
troscopie par absorption saturée permettant de résoudre des structures spectrales sub-Doppler.
L’implémentation expérimentale de cette spectroscopie pompe-sonde, appliquée au cas du gain
Raman hyperfin, est donc un bon moyen pour caractériser l’ajout de gain dans les vapeurs
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atomiques froides.

En outre, l’étude des propriétés optiques d’un milieu actif peut aussi être réalisée en analysant
la lumière qu’il émet. Les méthodes hétérodynes sont de bonnes candidates. Elles sont utilisées
depuis longtemps dans le domaine des atomes froids pour étudier la fluorescence d’atomes
dans des mélasses optiques et dans des réseaux optiques, mettant en évidence une localisation
des atomes dans des puits de potentiels lumineux [Westbrook 1990] ou une quantification de
leur mouvement [Jessen 1992]. Les techniques hétérodynes sont aussi très bien adaptées pour
localiser des résonances de Feschbach [Sawyer 2017] ou alors pour étudier le couplage entre nuage
d’atomes froids et cavité optique de grande finesse, que ce soit pour détecter une quantification
du mouvement collectif des atomes [Brahms 2012] ou alors pour la préparation d’états non
classiques pour l’interférométrie atomique [Bernon 2011]. Enfin, citons aussi la mesure de spectre
optique par hétérodynage pour l’étude de nuages d’atomes à proximité d’une nanofibre pour
générer des distributions du nombre d’atomes sous-poissoniennes [Béguin 2014], la mesure de
température [Meng 2017] ou bien les processus de chauffage des nanofibres par la lumière
diffusée afin d’éviter les dommages [Anderson 2018].

Les propriétés de cohérence temporelle d’un laser fonctionnant au-dessus du seuil sont bien
connues et se traduisent par une statistique de Poisson impliquant g(2)(τ) = 1. Il est cependant
plus difficile de trancher lorsque le laser opère proche du seuil. Néanmoins, dans le cas spécifique
des lasers de classe A d, une théorie existe pour modéliser la construction de la cohérence
temporelle en régime transitoire [Arecchi 1971]. Ce n’est malheureusement pas le cas pour les
lasers de classe B, classe englobant les lasers utilisés sur notre expérience, en partie à cause du
couplage fort existant entre les émetteurs et leur environnement. Néanmoins, des expériences
ont permis de mesurer la fonction de corrélation de l’intensité lumineuse d’une diode en cavité
étendue autour du seuil pour en extraire la distribution du nombre de photons [Roumpos 2013]
ou bien dans des systèmes mésoscopiques [Wang 2015]. Faute de modèles théoriques adéquats,
les résultats relatifs aux lasers de classe A ont souvent été utilisés pour rendre compte des
observations. En outre, la valeur à zéro délai de la fonction g(2) a aussi été mesurée pour
un milieu désordonné dont l’intensité du pompage est modifiée [Cao 2001], montrant que la
statistique de la lumière semble tendre vers une loi de Poisson bien au-dessus du seuil. De telles
mesures ne sont pas encore accessibles pour un laser aléatoire à atomes froids. Dans ce contexte,
l’avantage de notre système atomique est d’avoir un pompage homogène dans l’ensemble de
l’échantillon. Des calculs ab initio peuvent être réalisés pour obtenir une expression du seuil de
l’émission laser. Combinée à une étude systématique des propriétés de cohérence temporelle de
la lumière émise par le nuage autour du seuil, il serait alors possible de mieux comprendre les
mécanismes de construction de la cohérence dans les systèmes désordonnés optiquement actifs.

Dans cette partie, nous présentons l’état actuel de nos recherches sur l’étude des corrélations
d’intensité de la lumière émise par les atomes piégés en présence de gain. Nous commencerons
par montrer comment induire du gain Raman hyperfin dans le milieu ainsi que le contrôle de
l’inversion de population à l’intérieur, avant de présenter nos premières expériences de spectro-
scopie pompe-sonde. Nous finirons par prédire la forme du signal d’hétérodynage avant de nous
tourner vers la réalisation de nos premières mesures expérimentales dans ce contexte.

d. On classe les lasers en trois catégories distinctes en fonction de la séparation des échelles de temps des
grandeurs intervenant dans les équations de Maxwell-Bloch : amplitude du champ électrique intra-cavité, pola-
risation du milieu à gain et inversion de population [Bretenaker 2015]. Les lasers de classe A sont typiquement
à base de colorants ou de milieux gazeux, les diodes lasers fabriquées avec des matériaux semiconducteurs sont
de classe B. Les lasers de classe C présentent un comportement chaotique, un exemple pouvant être le laser à
ammoniac fonctionnant dans l’infra-rouge lointain.
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Chap V - Mesure des corrélations d’intensité de la lumière émise par un gaz

d’atomes froids en présence de gain

Dans ce chapitre, nous présentons les derniers avancements de l’expérience pour quantifier
le gain Raman hyperfin induit à l’intérieur du nuage d’atomes. C’est une mesure préalable
nécessaire avant d’étudier une modification du spectre optique de la lumière diffusée par les
atomes en présence de gain. Il faut donc pouvoir mesurer et caractériser l’inversion de population
atomique en fonction des paramètres du laser pompe, que ce soit sa fréquence ou son intensité.
L’utilisation d’un laser repompeur est nécessaire pour maintenir cette inversion de population.
L’intensité relative de ces deux faisceaux pilote la quantité d’atomes transférés dans un état
excité apportant le gain Raman. L’étude de l’inversion de population en fonction de la présence
des deux lasers doit donc être réalisée dans le but de préparer le nuage avec une quantité
arbitraire de gain. Cela nous permettra ensuite de mieux comprendre l’évolution du spectre de
la lumière émise par un milieu optiquement actif.

Pour cela, nous souhaitons réaliser une mesure de type pompe-sonde pour déterminer la quantité
de gain induite. Nous commencerons donc par rappeler le système atomique et les niveaux mis
en jeu dans le mécanisme de gain Raman hyperfin et montrerons comment mesurer une inversion
de population avec une imagerie par absorption. Ensuite, nous verrons comment sonder, grâce à
une technique de type pompe-sonde, le système en présence de gain pour mettre en évidence une
amplification de la sonde à une fréquence bien spécifique. Nous caractériserons en particulier la
cohérence de phase entre pompe et sonde par une étude de transparence électromagnétiquement
induite. Enfin, nous présenterons nos premières mesures de spectres optiques de la lumière
diffusée par les atomes illuminés par la pompe, réalisées à partir de l’analyse des corrélations
de l’intensité.

V.1. Inversion de population pour obtenir du gain

Dans cette section, nous abordons les différentes étapes pour préparer le nuage avec une inver-
sion de population donnée afin d’obtenir une émission de laser aléatoire. Nous verrons notam-
ment que cela passe par un ajustement fin des intensités des lasers pompe et repompeur. Nous
commençons par rappeler le système atomique considéré. Nous étudierons ensuite l’implémen-
tation expérimentale pour éclairer les atomes à la bonne fréquence ainsi que comment les sonder
dans l’optique d’une mesure pompe-sonde, avant de présenter les mesures expérimentales.

V.1.1. Rappel du système atomique

La figure V.1.1(a) rappelle les niveaux atomiques impliqués dans le mécanisme de gain Raman
hyperfin, déjà rencontré à la section II.3.1. Nous considérons un système à cinq niveaux : les deux
niveaux hyperfins fondamentaux |3〉 et |2〉 du 85Rb ainsi que trois niveaux excités |1′〉, |2′〉 et |3′〉.
Nous ne prenons pas en compte le niveau |4′〉 puisque n’intervenant que dans le processus de
refroidissement. Le laser Raman, aussi dénommé pompe, induit une transition à deux photons
entre |3〉 et |2〉 via le niveau |2′〉. Celle-ci contribue au gain Raman, dépendant du désaccord
∆ par rapport au niveau |2′〉. Lors du refroidissement, les atomes sont majoritairement dans
|3〉. Le laser Raman sert donc à les transférer vers |2〉, pouvant créer ainsi une inversion de
population. Toutefois, pour la maintenir, un repompeur est nécessaire autorisant les atomes à
retourner dans |3〉. Un maîtrise fine des intensités relatives entre ces deux lasers, à désaccords
fixes, est importante pour contrôler l’inversion de population. En effet, si la pompe est trop
puissante, tous les atomes tombent dans |2〉 alors qu’à l’inverse, si elle est trop faible, les atomes
vont rester dans |3〉.
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Figure V.1.1 – Ensemble des niveaux d’énergie considérés pour implémenter du gain Raman hyperfin
à l’intérieur de la vapeur atomique froide. (a) Schéma de la configuration utilisée. Un laser Raman,
la pompe, induit une transition à deux photons entre les deux niveaux hyperfins fondamentaux |3〉
et |2〉 via le niveau |2′〉. Précisons que la transition |3〉 → |1′〉 est interdite. Un repompeur permet de
maintenir l’inversion de population entre ces deux niveaux. Le gain est obtenu à la fréquence de la
transition à deux photons, mesuré par une sonde accordée autour de la transition |2〉 → |2′〉. (b) Écart
d’énergie entre les différents niveaux atomiques considérés dans ce type de mécanisme de gain. Adapté
de [Steck 2001]. Les lignes verticales pointillés rouges indiquent comment les lasers Raman, dérivés à
partir de la sortie du MOPA (chapitre II, figure II.2.3), sont amenés à la fréquence correspondant à la
transition interdite |3〉 → |1′〉. La fréquence des faisceaux MOT est symbolisée par la ligne pointillée
rouge horizontale sous le niveau |4′〉. DP : AOM en configuration double passage, SP : AOM en
configuration simple passage.

La diffusion nécessaire à l’obtention d’un laser aléatoire est obtenue grâce à la transition ad-
ditionnelle |2〉 → |1′〉. La diffusion sur cette transition va être efficace si le désaccord du la-
ser Raman est choisi de manière à être égal au décalage hyperfin entre |2′〉 et |1′〉. On peut
donc combiner de manière optimale du gain et de la diffusion sur la transition |2〉 → |1′〉 si
∆ ≃ −4.8Γ. Nous définissons le désaccord δR = ∆ + 4.8Γ du laser Raman par rapport à la
transition interdite |3〉 → |1′〉. Rappelons que l’utilisation de cette transition présente plusieurs
avantages. Premièrement, elle n’est pas couplée au niveau |3〉, comme aucun couplage dipolaire
électrique n’est possible. Cela a pour effet que le niveau |1′〉 n’interagit pas avec le laser Raman
et ne détruit pas le gain. Enfin, |2〉 → |1′〉 est une transition fermée et ne perturbe donc pas
l’équilibre des populations entre |2〉 et |3〉. Nous cherchons donc à mettre en évidence du gain
sur la transition |2〉 → |1′〉, c’est donc ici que nous allons sonder le système dans l’optique
d’étudier la quantité de gain requise pour dépasser le seuil du laser aléatoire.

Finalement, le faible écart entre |2′〉 et |1′〉 (figure V.1.1(b)) est assez petit pour assurer une
bonne efficacité du gain Raman mais suffisamment important pour que la pompe soit faiblement
diffusée . On aurait pu aussi réaliser un schéma à cinq niveaux en utilisant |4′〉 comme niveau
supplémentaire pour diffuser la lumière. Toutefois, son écart en fréquence avec le niveau le plus
proche étant d’environ 20Γ, l’efficacité du gain Raman serait altérée. C’est aussi pour la même
raison que l’isotope 85 du rubidium est plus favorable que le 87 puisque les écarts hyperfins
sont plus faibles dans le premier.
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Sonde
|3〉 → |4′〉
|2〉 → |1′〉

Pompe + repompeur

Figure V.1.2 – Configuration expérimentale de l’éclairement du MOT par les pompes contra-
propageantes, superposées aux deux faisceaux du repompeur et la sonde. L’angle entre les pompes
et la sonde, exagéré ici, est de 17.3◦.

V.1.2. Implémentation expérimentale

Nous décrivons maintenant la réalisation expérimentale du mécanisme de gain Raman hyperfin.
Le repompeur et le laser Raman sont obtenus avec deux diodes lasers différentes (chapitre II,
figure II.2.3). En particulier, la pompe est dérivée du même laser que celui générant les faisceaux
MOT. La séparation entre les deux s’effectue au moyen d’un modulateur acousto-otique servant
d’interrupteur. Il y a donc un décalage en fréquence provenant de la fréquence de vibration du
cristal à l’intérieur de l’AOM diffractant la lumière. Le premier ordre de diffraction est utilisé
pour le refroidissement alors que l’ordre zéro sert, entre autre, pour induire le gain Raman.
L’ordre zéro se trouve alors à −100 MHz de l’ordre un, ce dernier étant à −3Γ de la transition
|3〉 → |4′〉 via le dispositif d’asservissement par offset-lock (respectivement lignes pointillées
bleu foncé et rouge sous le niveau |4′〉 de la figure V.1.1(b)). Il faut donc amener la pompe
autour de la transition interdite |3〉 → |1′〉, située 120 MHz plus loin de |4′〉 (environ 20Γ).
Pour cela, nous avons combiné deux modulateurs acousto-optiques, le premier en configuration
double-passage (DP) et le second en simple passage (SP). La raison est double. Le DP permet de
changer la fréquence du laser sans toucher à son alignement. Le SP sert, à la fois, d’interrupteur
optique permettant donc d’envoyer des impulsions lumineuses sur les atomes synchronisées sur
un cycle expérimental, ainsi qu’à faire varier l’efficacité de diffraction pour moduler l’intensité
de la lumière dans l’ordre diffracté. Un dispositif similaire permet de contrôler la fréquence
et l’intensité du repompeur. Nous avons donc la possibilité de faire varier les intensités et les
fréquences de chaque laser pour être en mesure de préparer les atomes avec une inversion de
population donnée.

La géométrie de l’éclairement des atomes par le laser Raman et le repompeur est schématisée
sur la figure V.1.2. Ces deux lasers sont superposés ensemble sur un cube séparateur de pola-
risation et ainsi divisés en deux faisceaux. Au moyen d’un lame demi-onde placée en amont du
séparateur, on peut faire varier continuement la puissance optique d’une sortie à l’autre et ainsi
équilibrer cette puissance entre les deux bras. Les modes spatiaux des lasers, préalablement
adaptés entre eux, sont ajustés avec un télescope de grandissement 8 pour atteindre 1 cm de
waist au niveau des atomes. Rappelons que le diamètre du nuage est de l’ordre du millimètre.
On s’assure donc d’avoir une même efficacité de pompage sur l’ensemble du nuage. Au total,
des puissances de 20 mW et 6 mW, respectivement, sont disponibles pour chaque bras du laser
Raman et le repompeur (soit, respectivement 40 mW et 12 mW au total), correspondant à des
intensités pics de, respectivement, 25 mW·cm−2 et 8 mW·cm−2 au centre du nuage. Pour éviter
tout effet mécanique provenant de la force exercée par la lumière sur les atomes, il est important
de bien équilibrer les puissances optiques entre les deux faisceaux pour ne pas détruire le nuage,
ce qui est réalisé avec l’imagerie d’absorption. Enfin, nous verrons que la seule connaissance de
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Figure V.1.3 – Procédure d’alignement des faisceaux Raman sur les atomes. (a) Un seul bras de
la pompe, de taille transverse inférieure à la taille du nuage, illumine les atomes. La lumière étant
accordée à résonance et d’intensité supérieure à l’intensité de saturation, les effets mécaniques sont
assez importants pour pousser violemment les atomes. (b) Les atomes sont éclairés par les deux
faisceaux de la pompe, dont la puissance est équilibrée sur les deux bras.

l’épaisseur optique à résonance b0 mesurée sur |3〉 → |4′〉 est suffisante pour retrouver celle sur
|3〉 → |2′〉, notée b̃0, leur rapport étant fixé par le rapports des coefficients de Clebsch-Gordan
de ces deux transitions.

V.1.3. Mesure via imagerie d’absorption

L’imagerie d’absorption peut être un bon outil pour mesurer une inversion de population
puisque l’on fait une carte de transmission permettant de réaliser une image des atomes dans
un niveau donné. De ce fait, elle peut aussi être utilisée pour aligner les faisceaux pompe sur
le nuage atomique. En effet, comme ils transfèrent les atomes du niveau |3〉 vers |2〉, on peut
s’en servir pour pousser localement les atomes et les éjecter du nuage, résultant en un manque
d’atomes sur le passage de la pompe, si l’extension spatiale du laser est plus petite que celle
du nuage. La figure V.1.3(a) montre effectivement le passage d’un laser Raman, accordé sur la
transition |3〉 → |2′〉, à travers les atomes. La même procédure peut être appliquée pour vérifier
l’équilibre des puissances et l’alignement entre les deux bras de la pompe. Si cet équilibre est
correctement réalisé, chaque bras de la pompe pousse les atomes de la même manière mais
de direction opposée. Les forces de pression de radiation exercées par les lasers sur les atomes
s’équilibrent alors et le nuage est peu perturbé, comme observé sur l’image V.1.3(b).

En éclairant maintenant les atomes avec les deux faisceaux pompe dont le waist est supérieur à
la taille du nuage d’atomes, on peut transférer via la transition à deux photons les atomes vers
l’état |2〉. Dans ce cas, l’imagerie d’absorption va permettre de quantifier le nombre d’atomes
restant dans |3〉 et donc l’épaisseur optique à résonance correspondante. Connaissant l’épaisseur
optique à résonance initiale du nuage, en absence de pompe, on peut alors accéder au nombre
d’atomes effectivement transférés. La figure V.1.4 présente une mesure d’inversion de popula-
tion, pour un nuage préparé avec b0 = 49 ± 2, correspondant à quelques 109 atomes dans le
MOT, et éclairé avec une pompe résonante avec la transition interdite |3〉 → |1′〉 et d’intensité
correspondante à 40% de l’intensité maximale accessible, le repompeur, en configuration deux
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Figure V.1.4 – Inversion de population mesurée à l’imagerie d’absorption en fonction de l’intensité
du repompeur, pour une intensité du laser Raman égale 40% de sa valeur maximale de 25 mW·cm−2

accordé sur la transition interdite |3〉 → |1′〉, le désaccord du repompeur étant δRep = −3Γ par rapport
à la transition |2〉 → |3′〉 et IRep, max = 8 mW·cm−2. L’épaisseur optique à résonance du nuage en
absence de pompe vaut b0 = 49 ± 2, correspondante à environ 109 atomes dans le nuage.

faisceaux superposés à la pompe, étant désaccordé de δRep = −3Γ. Il est donc possible d’avoir
une inversion de population de 50% entre les deux niveaux hyperfins fondamentaux du 85Rb.

La saturation de l’inversion de population observée, inférieure à 100%, s’explique en étudiant les
taux de diffusion des photons sur les transitions intervenant ici. Rappelons que, si le désaccord
du laser par rapport à cette transition est δ, le taux de transition s’écrit :

Rsc(δ) ∝ Γ

2

s(δ)

1 + s(δ)
, (V.1.1)

où s(δ) est le paramètre de saturation du laser à la fréquence δ. Donc plus s augmente, plus
le taux de diffusion tend vers Γ/2. Notons Rsc,23′3(δRep) le taux de diffusion sur la transition
|2〉 → |3〉 via le niveau |3′〉, correspondant à la transition où le repompeur est accordé pour
ramener les atomes dans |3〉 etRsc,32′2(δS’) celui sur la transition |3〉 → |2〉 via |2′〉, correspondant
à la transition à deux photons forcée par le faisceau Raman. Enfin, soit ρ22 = 1 − ρ33 et ρ33

les populations, en pourcentages, atomiques dans |2〉 et |3〉 respectivement. Nous pouvons alors
écrire explicitement les taux de diffusion pour les deux lasers :

Rsc,23′3(δRep) =
Γ

2

s(δRep)

1 + 4(δRep/Γ)2 + s(δRep)
T3′3(1 − ρ33), (V.1.2)

Rsc,32′2(δS′) =
Γ

2

s(δS′)

1 + 4(δS′/Γ)2 + s(δS′)
T2′2ρ33. (V.1.3)

L’inversion de population du système en présence de pompe et de repompeur s’obtient en
cherchant l’état stationnaire. Dans notre cas, nous devons avoir égalité des taux de diffusion
du repompeur et de la pompe :

Rsc,23′3(δRep) = Rsc,32′2(δS′). (V.1.4)
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En utilisant les expressions littérales des taux de diffusion, nous obtenons après calculs :

ρ33(δS’, δRep) =

(

1 +
s(δS′)

s(δRep)

T2′2

T3′3

1 + 4(δRep/Γ)2 + s(δRep)

1 + 4(δS′/Γ)2 + s(δS′)

)−1

. (V.1.5)

Si maintenant, les paramètres du faisceau Raman sont fixés, impliquant donc un paramètre
de saturation constant, et que l’on augmente l’intensité du repompeur à désaccord fixe, nous
obtenons finalement dans la limite s(δRep) → +∞ :

ρ33(δS’, δRep) =

(

1 +
s(δS′)

1 + 4(δS′/Γ)2 + s(δS′)

T2′2

T3′3

)−1

. (V.1.6)

En définitive, même en augmentant l’intensité du repompeur, il n’est pas possible d’obtenir
une inversion de population de 100%, celle-ci dépendant des paramètres du faisceau Raman.
En particulier, l’inversion de population maximale est toujours inférieure à l’unité, tant que la
puissance de la pompe n’est pas nulle. Il est donc tout à fait logique de ne pas obtenir une
inversion de population totale.

V.2. Mesure du gain par spectroscopie pompe-sonde

Pour réaliser les expériences de mesure de gain, il est important de préserver la cohérence de
phase entre la pompe et la sonde pour ne pas être limité par les largeurs des lasers. En effet,
des premières mesures de spectroscopie pompe-sonde ont déjà été réalisées dans l’équipe pour
caractériser l’induction de gain Raman hyperfin dans le nuage [Mercadier 2011]. Néanmoins la
difficulté d’une telle mesure réside dans l’écart fréquentiel entre la pompe et la sonde, corres-
pondant au décalage hyperfin de 3.036 GHz entre |3〉 et |2〉. Deux lasers différents ont donc été
employés et la courbe de transmission effectivement enregistrée résulte d’une convolution entre
le spectre de transmission atomique et le battement entre les deux lasers pompe et sonde. Cela
conduit donc à une mesure faussée du gain. La conservation de la cohérence de phase entre la
pompe et la sonde est donc nécessaire pour une détermination précise du gain Raman hyperfin.
Nous développons dans cette section comment préserver autant que possible cette cohérence de
phase et présentons les premières mesures visant à en donner une estimation.

V.2.1. Création de bandes latérales : modulateur électro-optique

La préservation de la relation de phase impose alors d’utiliser le même laser entre la pompe et la
sonde. On prélève alors une petite quantité de lumière provenant du laser Raman. La difficulté
est donc d’amener cette lumière à la bonne fréquence pour que l’on puisse s’en servir de sonde.
A cette fin, la lumière prélevée est couplée dans un modulateur électro-optique (EOM) fibrée
(EOSpace, modèle AK-0K5-10-PFU-SFU-78), servant de modulateur d’intensité. Son principe,
basé sur un interféromètre de Mach-Zender, est présenté sur la figure V.2.1. En asservissant
son point de fonctionnement, on peut choisir de travailler soit sur un maximum d’intensité
optique sortante ou sur un minimum. Par application d’une modulation de phase sur un bras
de l’interféromètre, sans toucher à l’autre, l’interférence résultante entre les deux chemins génère
un faisceau transmis modulé en intensité. En effet, si l’on écrit le champ électrique entrant Ee

comme :
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Figure V.2.1 – Principe de fonctionnement de la création de bandes latérales avec un modulateur
électro-optique (EOM). Une partie de la lumière provenant de la pompe est couplée dans l’EOM.
La polarisation de la lumière incidente est maintenue linéaire et aligné sur un des axes de la fibre
grâce à un polariseur placé en amont du coupleur d’entrée. L’envoi d’une modulation radio-fréquence,
contrôlée par une carte multipliant un signal sinusoïdal issu d’une horloge externe, crée deux bandes
latérales, dont la séparation en fréquence correspond à la fréquence de modulation RF. Si cette dernière
est bien choisie, une bande latérales peut être résonante avec une nouvelle transition atomique et peut
servir à sonder les atomes. Le point de fonctionnement de l’EOM est contrôlé par un asservissement
maintenant la transmission de la porteuse à un minimum. En-dessous de l’EOM : Illustration de la
génération des bandes latérales basée sur un interféromètre de Mach-Zender. Au-dessus du bloc de
l’asservissement : Principe de suspension du point de fonctionnement lorsque la modulation RF est
appliquée. L’asservissement est interrompu dès que l’on souhaite travailler avec les bandes latérales.
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Ee(t) = E0 eiωLt, (V.2.1)

avec ωL la fréquence angulaire du laser et E0 son amplitude alors le champ électrique en sortie
d’EOM va être modulé selon :

Es(t) = E0 e
iωLt+Bφ sin(ωmodt)

= E0

(

J0(Bφ) eiωLt + J1(Bφ) ei(ωL+ωmod)t − J−1(Bφ) ei(ωL−ωmod)t
)

= E0

(

eiωLt +
Bφ

2
ei(ωL+ωmod)t − Bφ

2
ei(ωL−ωmod)t

)

, (V.2.2)

où ωmod et Bφ sont, respectivement, la fréquence et la profondeur de modulation. La dernière
relation est obtenue après développement sur la base des fonctions de Bessel et en supposant
Bφ ≪ 1. Le signal en sortie est donc composé d’une porteuse, centrée sur la même fréquence que
le champ laser incident, et de deux bandes latérales centrées de part et d’autre de la porteuse,
l’écart correspondant à la fréquence de modulation. Si celle-ci est choisie correctement, alors une
des bandes latérales peut être résonante avec une transition atomique, quelque soit la position de
la porteuse par rapport à une autre transition. Ainsi, en sélectionnant ωmod = 2π× 3.036 GHz,
une des bandes latérales sera centrée sur |2〉 → |1′〉 alors que la porteuse est sur la transition
interdite |3〉 → |1′〉, pouvant ensuite être décalée avec des AOM. Il reste néanmoins que la
majeure partie de la puissance contenue dans le faisceau reste à la fréquence de la porteuse.
Pour atteindre la situation inverse, on peut modifier le chemin optique d’un bras de l’interféro-
mètre par rapport à l’autre. La condition d’interférences destructives obtenue transfère donc la
puissance optique sur les bandes latérales. La condition d’interférences destructives appliquée
à la relation (V.2.2) implique que J0(Bφ) = 1 et l’amplitude de la porteuse va être diminuée,
alors que celles des bandes latérales ne seront pas affectées.

L’implémentation expérimentale est illustrée sur la figure V.2.1. La lumière incidente, centrée
sur |3〉 → |1′〉, est couplée dans une fibre mono-mode. La modulation pour la création des bandes
latérales provient de la combinaison d’une horloge externe (Standfor Research Systems, modèle
DS345), délivrant un signal sinusoïdal de fréquence 15 MHz, et d’une carte (Analog Devices,
modèle EVAL-ADF4351) générant la modulation radio-fréquence (RF). La carte, couplée à
un ordinateur, permet de prendre un signal d’entrée comme référence et de lui appliquer un
facteur de multiplicatif arbitraire (choisi par l’expérimentateur) pour produire la modulation
désirée à 3.036 GHz en sortie. Il faut maintenant optimiser la puissance optique contenue dans
la porteuse. Pour cela, nous modifions le chemin optique d’un bras de l’interféromètre par
rapport à l’autre. Nous pouvons imaginer le processus de la manière suivante. En appliquant
une tension de biais sur un des bras de l’interféromètre, on peut faire varier le chemin optique
correspondant, indépendamment de l’autre bras. On atteint ainsi la condition d’interférences
destructives pour annuler, autant que possible, la porteuse.

Pour garantir le point de fonctionnement de l’EOM, il faut pouvoir asservir la tension de biais
sur sa valeur correspondant à un maximum ou un minimum de transmission de la porteuse,
en fonction de l’expérience que l’on souhaite réaliser. On prélève donc une petite partie de la
lumière transmise, détectée sur une photodiode pour fixer le point de fonctionnement du mo-
dulateur d’intensité. Optimiser la puissance optique dans les bandes latérales implique donc de
travailler sur un minimum de transmission. Néanmoins, l’asservissement de la tension de biais
est dépendant de la quantité de lumière couplée dans l’EOM. Comme celle-ci est obtenue de
l’ordre zéro de diffraction d’un AOM fournissant les faisceaux MOT, la puissance optique aug-
mente subitement lorsqu’ils sont éteints. Dans ce cas, le minimum de transmission de l’EOM est
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toujours un minimum mais le niveau DC global mesuré n’est plus le même. Toutefois, lors d’une
séquence expérimentale, les faisceaux MOT restent plus souvent allumés qu’éteints. Pour la sta-
bilité de l’asservissement, il convient aussi de faire attention à la présence des bandes latérales.
La détection synchrone utilisée pour l’asservissement est donc un peu modifiée pour prendre
en compte ces hausses d’intensité et la modulation RF. Plus particulièrement, la détection du
front montant d’un signal TTL envoyé au boîtier d’asservissement lors de la coupure des fais-
ceaux MOT et de la génération des bandes latérales permet de le suspendre momentanément.
L’asservissement fonctionne donc la plupart du temps (synonyme d’allumage des lasers) et est
coupé une petite fraction du cycle expérimental, les moments d’interruption sont schématisés
au-dessus du bloc d’asservissement sur la figure V.2.1. Néanmoins, cette suspension, qui dure
typiquement quelques millisecondes, ne limite pas l’efficacité de la reprise de l’asservissement,
les dérives lentes (dues à la température par exemple) n’empêchant pas la récupération du
point de fonctionnement initial. En pratique, le point de fonctionnement est choisi en absence
de modulation RF et avec les faisceaux MOT allumés.

Pour vérifier la génération des bandes latérales en présence de modulation RF, nous avons ana-
lysé la lumière transmise par l’EOM au moyen d’une cavité Fabry-Pérot confocale, d’intervalle
spectral libre (ISL) 750 MHz. Le laser couplé dans le modulateur d’intensité est asservi en fré-
quence et nous balayons les fréquences de la cavité optique avec un transducteur piézo-électrique
sur plusieurs ISL. La figure V.2.2 montre la génération des bandes latérales lors de l’application
de la modulation radio-fréquence. Plus particulièrement, nous illustrons sur la figure V.2.2(a)
la différence entre les signaux transmis avec (noir) et sans (rouge) modulation RF. La tension
de biais est ajustée de sorte à annuler au maximum la porteuse lorsque l’on applique la modula-
tion. La figure V.2.2(b) est un zoom vertical pour mieux faire apparaître l’amplitude des bandes
latérales. Dans cette mesure, l’horloge externe délivre un signal de fréquence 15 MHz qui est
ensuite multiplié par la carte pour atteindre une fréquence de modulation de 2.9 GHz a. Nous
observons clairement leur apparition en allumant la modulation. Par ailleurs, l’effet du choix de
la tension de biais est aussi mis en évidence, puisque l’amplitude de la porteuse est inférieure à
celle des bandes latérales. Précisons toutefois qu’avec ce schéma basé sur un interféromètre, il
n’est pas possible d’annuler totalement la porteuse même avec une profondeur de modulation
supérieure à l’unité.

Modulé à 3.036 GHz, l’EOM va donc générer une bande latérale qui peut être résonante avec
la transition |2〉 → |1′〉, alors que la porteuse est autour de |3〉 → |1′〉. En aval de l’EOM, une
combinaison de modulateur acousto-optiques en simple et double passage permet d’allumer ou
d’éteindre le faisceau ainsi que de scanner sa fréquence. Les fréquences centrales des AOM ont
été choisies de telle sorte que la porteuse soit amenée loin de toute résonance. Il en résulte que
seule une bande latérale peut interagir avec les atomes, la contribution de la lumière restante
n’étant qu’une tension continue après détection sur une photodiode. Dès lors, il est donc im-
portant de bien quantifier la quantité de lumière restante dans la porteuse et la bande latérale
n’interagissant pas avec les atomes. Pour cela, nous notons Pmax la puissance totale contenue
dans la porteuse sans modulation RF, PSB celle contenue dans une bande latérale (supposée
équilibrée avec la seconde) et Pmin la puissance restante dans la porteuse après asservissement
(voir figure V.2.2). Il faut alors pouvoir mesurer les rapports de puissance PSB

Pmin
et PSB

Pmax
afin

d’extraire correctement la contribution atomique à la transmission de la sonde à travers le
nuage d’atomes. Afin d’éviter tout problème de calibration, ces grandeurs seront laissées en
paramètres libres dans la procédure d’ajustement des données expérimentales.

a. Nous avons délibérément choisi une fréquence modulation différente de celle à laquelle nous souhaitons
travailler. La raison provient du fait que 3.036 GHz est très proche d’un multiple entier de l’ISL. Les bandes
latérales auraient donc été superposé à la porteuse, rendant leur résolution difficile.
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Figure V.2.2 – Mise en évidence de la modulation radio-fréquence et de l’ajustement de la tension
de biais de l’EOM pour générer et contrôler l’amplitude des bandes latérales. La lumière transmise,
asservie en fréquence, par l’EOM est analysée au moyen d’un cavité Fabry-Pérot dont nous balayons
la fréquence. (a) Signal détectée en sortie de cavité sur une photodiode. En rouge : la modulation
radio-fréquence est coupée et la tension de biais est ajustée pour maximiser la puissance optique dans
la porteuse, validant alors la condition d’interférences constructives. En noir : la modulation RF est
allumée et le biais réglée de sorte à minimiser la puissance optique dans la porteuse, due à la condition
d’interférences destructives. (b) Zoom sur la trace en appliquant la modulation radio-fréquence.
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La géométrie expérimentale est présentée sur la figure V.1.2. L’angle entre les lasers est de
17.3◦. Le mode spatial de cette sonde, mesurant la transmission sur la transition |2〉 → |1′〉, est
finalement adapté à celui de la sonde, résonante avec la transition |3〉 → |4′〉, le waist étant de
260 µm au niveau des atomes.

V.2.2. Caractérisation en absence de gain : transparence électromagnéti-
quement induite

Nous l’avons vu, nous cherchons à induire du gain Raman entre les deux niveaux hyperfins
fondamentaux du 85Rb. Basé sur des transitions à deux photons, ce mécanisme implique une
cohérence entre ces deux niveaux mis en jeu. Les expériences pompe-sonde peuvent aussi servir
à quantifier cette cohérence, par exemple via des observations de transparence électromagné-
tiquement induite (abrégée EIT pour Electromagnetically Induced Transparency), voir [Flei-
schhauer 2005] pour une revue complète à ce sujet. C’est un phénomène rendant un milieu
transparent dans une fenêtre spectrale restreinte au sein d’une raie d’absorption normalement
opaque pour un rayon laser. La configuration Λ présentée sur la figure V.1.1(a) se prête bien
à cela, même si ce n’est pas la seule. La transmission d’une sonde sur la transition |2〉 → |2′〉
est mesurée pendant qu’une pompe plus puissante est accordée au voisinage de l’autre raie
|3〉 → |2′〉. Une description théorique possible de l’EIT repose sur les équations de Bloch op-
tiques dans ce système à trois niveaux. On peut alors montrer que les amplitudes de probabilité
des transitions entre les états interfèrent de manière destructives, ce qui empêche l’absorption.
Dans le cas spécifique qui est le nôtre illustré sur la figure V.1.1(a), l’absorption de la sonde
sur la transition |2〉 → |2′〉 peut se faire soit directement soit par l’intermédiaire du niveau
|3〉. La présence de la pompe rend les amplitudes de probabilités associées à ces deux chemins
identiques mais dont les déphasages sont opposés, impliquant une condition d’interférences
destructives. Une autre description est d’avoir recours à l’atome « habillé » en écrivant l’hamil-
tonien du système formé par les atomes et les champs lumineux présents. On montre alors que
l’EIT revient à un transfert des atomes dans un état non couplé avec la lumière appelé état
noir. Si les états sont correctement choisis, la pompe crée donc une fine bande spectrale où la
transparence de la sonde est augmentée. L’observation d’une fenêtre d’EIT est donc un moyen
de caractériser dans un premier temps la cohérence induite entre les deux niveaux hyperfins du
85Rb avant de se tourner vers l’adjonction de gain.

V.2.2.1. Mesure de l’épaisseur optique sur |2〉 → |1′〉

La configuration expérimentale pour mesurer l’épaisseur optique par un spectre de transmission
est similaire à ce qui a été déjà rencontré au chapitre II, section II.2.2.2. Une sonde faiblement
saturante est envoyée à travers le nuage d’atomes, de diamètre supérieur à celui du laser. La
fréquence de ce dernier est scannée autour de la résonance et on mesure sur un photodétecteur
le signal en transmission.

Nous avons à notre disposition deux sondes différentes, toutes deux résonantes sur deux tran-
sitions distinctes. Nous sommes donc en mesure d’obtenir l’épaisseur optique sur ces deux
transitions. La première est la sonde que nous avons toujours utilisé jusqu’à présent, dont on
mesure la transmission Tat sur la transition |3〉 → |4′〉 à la fréquence δ du laser après l’obtention
de trois quantités : l’intensité en absence de sonde et d’atomes (IBG), l’intensité avec sonde sans
(Isans) et avec (Iavec) atomes. Au final, elles sont combinées pour obtenir Tat :
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Tat =
Iavec − IBG

Isans − IBG
. (V.2.3)

L’épaisseur optique à résonance b0 sur la transition |3〉 → |4′〉 se déduit finalement grâce à un
ajustement des données réalisé avec la formule (II.2.8) :

Tat(δ) = (1 − A) exp

(

− b0

1 + 4(δ − δ0)2/Γ2

)

exp

(

− b0
35
81

1 + 4(δ − δ0 + 19.9)2/Γ2

)

+ A. (II.2.8)

Nous rappelons que nous prenons en compte la transition |3〉 → |3′〉, située à −19.9Γ de
|3〉 → |4′〉, où le facteur numérique 35

81
= C33′

C34′
dans l’argument de la seconde exponentielle prend

en compte la force de ces deux transitions atomiques. Le paramètre libre A décrit la présence
des ailes du laser, de fait hors résonance, contribuant à un niveau DC sur la photodiode.

L’autre est la sonde générée grâce à la modulation RF de l’EOM pour être résonante sur
|2〉 → |1′〉, sur laquelle nous déduisons l’épaisseur optique b̃0. Cependant, on ne peut pas
adapter telle quelle la formule (V.2.3) pour trouver la transmission Tat à la fréquence δS de
la nouvelle sonde. En effet, nous avons vu que seule une bande latérale est résonante avec les
atomes, la seconde et la porteuse contribuant à un niveau DC sur le photodétecteur. Au quel
cas, il faut distinguer les cas avec et sans atomes :

Iavec = IBLG Tat + IP + IBLD (V.2.4)

Isans = IBLG + IP + IBLD, (V.2.5)

où les indices BLG, P et BLD signifient, respectivement, bande latérale gauche, porteuse et
bande latérale droite. En manipulant les deux expressions précédentes, nous arrivons à :

T̃at =
Iavec − Isans

Isans
=
IBLG

Isans
(Tat − 1) = P1s(Tat − 1), (V.2.6)

où le rapport P1s = IBLG

Isans
peut être connu grâce aux mesures faites avec la cavité Fabry-Pérot

précédemment mais sera laissé comme paramètre libre lors de l’ajustement des données. Fi-
nalement, nous déduisons l’épaisseur optique b̃0 de la transmission atomique sur la transition
|2〉 → |1′〉 :

T̃at(δS) = P1s

[

(1 − C) exp

(

− b̃0

1 + 4(δS − δ0)2/Γ2

)

×

exp

(

− b̃0
35
27

1 + 4(δS − δ0 − 4.735)2/Γ2

)

+ C − 1

]

. (V.2.7)

Le premier terme exponentiel décrit la transmission de la sonde sur la transition considérée,
caractérisée par l’épaisseur optique à résonance b̃0. Le second prend en compte la présence
de la transition |2〉 → |2′〉 située à +4.735Γ de |2〉 → |1′〉. Comme précédemment, le facteur
numérique 35

27
= C22′

C21′
, rapport des coefficients de Clebsch-Gordan des deux transitions atomiques.

Les autres paramètres libres, δ0 et C, traduisent un écart de fréquence autour de la résonance
et les ailes du laser, respectivement. Notons que l’on peut aussi exprimer la relation (V.2.7)
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en fonction de b0, en introduisant de nouveau les rapports des coefficients de Clebsch-Gordan
C21′

C34′
= 7

15
et C22′

C34′
= 49

81
:

T̃at(δS) = P1s

[

(1 − C) exp

(

− b0
7
15

1 + 4(δS − δ0)2/Γ2

)

×

exp

(

− b0
49
81

1 + 4(δS − δ0 − 4.735)2/Γ2

)

+ C − 1

]

. (V.2.8)

Par identification entre les formules (V.2.7) et (V.2.8), nous obtenons donc :

b̃0 = b0
7

15
. (V.2.9)

L’expression (V.2.8) est finalement celle utilisée en pratique pour mesurer l’épaisseur optique
sur la transition |2〉 → |1′〉.
Il reste cependant à vérifier cette procédure. Pour cela, nous pouvons comparer les épaisseurs op-
tiques obtenues lorsque tous les atomes sont dans l’état |3〉 ou à l’inverse lorsqu’ils se retrouvent
tous dans |2〉. Pour la première situation, il suffit de procéder à un spectre de transmission stan-
dard de la sonde sur la transition |3〉 → |4′〉, comme nous l’avons vu jusqu’à présent, et d’en
déduire b0 via la relation (II.2.8). Pour la seconde, éclairer les atomes avec d’intenses faisceaux
Raman avec un désaccord de ∆ = −4.8Γ par rapport à |3〉 → |2′〉 et en absence de repompeur
suffit à tous les transférer dans |2〉. On étudie ensuite la transmission de la sonde issue de
l’EOM avec la formule (V.2.8) pour extraire b̃0. La figure V.2.3 montre effectivement le bon
accord entre les deux épaisseurs optiques extraites avec ces deux méthodes. Notons que, dans
la relation (V.2.8) et contrairement à (II.2.8), l’observable expérimentale est nulle quand nous
nous trouvons hors de la résonance.

V.2.2.2. Accès direct à l’inversion de population

La connaissance des épaisseurs optiques à résonance b0 et b̃0 est suffisante pour connaître l’in-
version de population entre les niveaux |3〉 et |2〉. Définissons celle-ci comme suit :

IP =
ρ33

ρ33 + ρ22

=
N3

N3 + N2

, (V.2.10)

où ρii est un terme diagonal de la matrice densité du système atomique correspondant à la
population dans l’état |i〉 et Ni le nombre d’atomes correspondant. Par construction, IP vaut
l’unité quand tous les atomes sont dans |3〉 et zéro quand ils sont dans |2〉. Néanmoins, nous
n’avons pas besoin de connaître directement le nombre d’atomes dans un état donné pour
connaître l’inversion de population. En effet, reprenons la définition de l’épaisseur optique à
résonance au centre du nuage vue au chapitre II :

b0 = C34′σ0

∫ z

−∞
dz′ ρ(0, 0, z′), (V.2.11)

où σ0 est la section efficace de diffusion à résonance et ρ(0, 0, z′) est la densité atomique le long
de la sonde à travers le nuage. Celle-ci est supposée gaussienne, de largeur rms σz. En procédant
à l’intégration dans la relation (V.2.11), nous obtenons alors :
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Figure V.2.3 – Spectres de transmission obtenus avec les deux sondes. (a) Épaisseur optique mesurée
sur la transition |3〉 → |4′〉, donnant b0 = 3.0 ± 0.2 avec un ajustement réalisée par la relation (II.2.8)
(ligne pointillée rouge). (b) Épaisseur optique mesurée sur |2〉 → |1′〉 après transfert des atomes
dans |2′〉, en absence de repompeur et avec une pompe désaccordée de ∆ = −4.8Γ de |3〉 → |2′〉 et
d’intensité 40 mW·cm−2 symétriquement répartie sur les deux faisceaux Raman. On déduit avec la
formule (V.2.8) (ligne pleine noire) b0 = 2.7 ± 0.2.
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Figure V.2.4 – Séquence expérimentale pour la mesure de l’inversion de population. Un spectre de
transmission sur la transition |2〉 → |1′〉 s’effectue avec la sonde générée par le modulateur électro-
optique, en présence de pompe et de repompeur (dont on varie les intensités et les désaccords) pour
contrôler l’inversion de population entre les deux niveaux hyperfins fondamentaux du 85Rb. La mesure
de l’épaisseur optique sur |3〉 → |4′〉 s’effectue en absence de pompe, avec la sonde utilisée jusqu’à
présent. Les deux sondes sont superposées et leur mode spatial adapté l’un avec l’autre. L’angle entre
les sondes et les faisceaux Raman est de 17.3◦. FR : faisceaux Ramam, Rep : repompeur. La période
entre les deux impulsions, où les atomes sont illuminés par les faisceaux MOT à résonance, sert à
chauffer brutalement les atomes et détruire le nuage pour mesurer la transmission de la sonde sans
atomes.

b0 ∝ N3

(kσz)2
. (V.2.12)

La proportionnalité de l’épaisseur optique au nombre d’atomes permet donc de réécrire l’ex-
pression de l’inversion de population en fonction, seulement, de b0 et b̃0. Nous avons finalement :

IP =
b0

b0 + b̃0

. (V.2.13)

Si tous les atomes sont dans |3〉, alors b0 ≫ b̃0 et nous avons IP → 1. Dans la situation inverse,
nous obtenons bien IP → 0. La relation (V.2.13) est donc notre observable expérimentale.

La séquence expérimentale de la mesure de l’inversion de population est présentée sur la fi-
gure V.2.4. Le chargement des atomes et leur compression ont lieu pendant une durée fixe, suivi
d’une période de temps de vol variable permettant une modification de l’épaisseur optique à
nombre d’atomes fixé. En fonction de l’épaisseur optique à mesurer, la procédure expérimen-
tale est un peu différente. Si l’on souhaite transférer les atomes vers |2〉, on applique ensuite les
faisceaux Raman ainsi que le repompeur pendant 1 ms, suivant la configuration présentée sur
la figure V.1.2. Le contrôle des intensités relatives des lasers ainsi que leur désaccord permet de
gérer l’équilibre des populations entre |3〉 et |2〉. La sonde dérivant de l’EOM est alors appliquée
pendant l’illumination des atomes par les deux faisceaux Raman pour mesurer b̃0. Si l’on veux
accéder à b0, la sonde illumine directement les atomes, sans pompe pour éviter tout transfert
de population vers |2〉. Dans tous les cas, le temps de mesure de spectre de transmission du
laser est de 1 ms. Une étape supplémentaire de chauffage permet de détruire le nuage, puis la
sonde est allumée de nouveau pour mesurer la transmission sans atomes.

Quatre paramètres expérimentaux peuvent être utiliser pour modifier l’inversion de population.
Comme nous l’avons vu, deux lasers sont utilisés pour cela, le laser Raman et le repompeur.
Dans les deux cas, nous pouvons faire varier l’intensité et la fréquence. À désaccords fixés,
seul le rapport des intensités des lasers pilote l’inversion de population. Nous rappelons qu’en
absence de repompeur, tous les atomes se trouvent dans |2〉 et pour le cas inverse dans |3〉. A
titre d’exemple, nous présentons sur la figure V.2.5 une mesure d’inversion de population pour
une pompe dont les paramètres sont fixes (δR = 2Γ, IRaman/IRaman,max = 0.1 = 2.5 mW·cm−2)
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Figure V.2.5 – Inversion de population mesurée pour δR = 2Γ et IRaman/IRaman,max = 0.1, en fonction
de l’intensité du repompeur, étant accordé à résonance. Ligne pleine rouge : inversion de population
calculée ab initio à partir de la résolution numérique des équations de Bloch optiques prenant en
compte cinq niveaux. En insert : épaisseurs optiques mesurées sur les deux transitions d’intérêt pour
l’obtention de l’inversion de population via la relation (V.2.13). L’épaisseur optique du nuage est
b0 = 38 ± 2. Précisons que les paramètres expérimentaux sont ici notablement différents de ceux
utilisés pour produire la figure V.1.4.

et nous faisons varier l’intensité du repompeur, ce dernier étant à résonance. Le nuage est
préparé avec une épaisseur optique telle que b0 = 38±2. Nous retrouvons bien le comportement
attendu. Notons qu’une même mesure est possible en fixant les paramètres du repompeur et en
modifiant l’intensité de la pompe, à fréquence fixe, la forme de la courbe se rapprochant alors
d’une fonction convexe. Il apparaît alors clairement qu’une inversion de population de 50% est
atteignable pour espérer avoir du gain dans le système. Une fois encore, et pour les mêmes
raisons exposées pour la courbe V.1.4, nous n’atteignons pas 100% d’inversion de population.

Nous présentons de plus sur la figure V.2.5 des prédictions d’inversions de population calculées
numériquement de manière ab initio dans un système à cinq niveaux, voir figure V.1.1(a), pre-
nant en compte la présence du repompeur pour des paramètres similaires à ceux de l’expérience.
Le modèle se base sur la résolution des équations de Bloch optiques en régime stationnaire, les
détails sont à retrouver dans l’annexe B de la thèse de Nicolas Mercadier [Mercadier 2011]. Une
fois que les termes de la matrice densité atomique sont connus, on peut accéder à l’inversion
de population ainsi qu’à la forme de la section efficace d’extinction, à partir de laquelle nous
sommes en mesure de connaître le spectre de transmission d’une sonde faiblement saturante
en présence de la pompe et du repompeur. Il devient alors possible de tester la présence de
gain dans le système et de remonter à la modification correspondante de la transmission de la
sonde. Pour des intensités et fréquences de la pompe et du repompeur similaires à celles de
l’expérience, nous observons un très bon accord entre le modèle numérique et nos mesures.

V.2.2.3. Observation de l’EIT

Les effets de cohérence et d’interférences jouent un rôle crucial dans la détermination des
propriétés optiques d’un système quantique, du fait de la modification de la réponse optique du
système en présence d’un laser de couplage. Celui-ci induit une cohérence quantique entre les
états d’énergie du système et permet la manipulation de cette réponse optique. En particulier,
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les interférences quantiques entre les différents chemins d’excitations possibles conduisent à
supprimer l’absorption et la réfraction autour de la résonance d’une transition. Cela revient
donc à modifier largement les propriétés de la susceptibilité linéaire χ(1) du milieu à résonance,
que ce soit la partie réelle déterminant l’indice de réfraction ou sa partie imaginaire reliée à
l’absorption. La signature expérimentale de la fenêtre d’EIT se manifeste par une hausse de
la transmission autour de la résonance atomique alors qu’en absence de couplage le milieu
serait opaque pour un laser. La caractérisation de la largeur spectrale de cette fenêtre peut
être reliée à la décohérence qui limite le temps de vie de la superposition des états d’énergie et
peut donc servir comme mesure de la cohérence quantique entre ces niveaux. En outre, pour
une pompe et une sonde non-colinéaire, l’EIT devient sensible au mouvement des atomes. En
particulier, il a été montré que cet effet pouvait être exploité en tant que thermomètre en
étudiant l’évolution de la largeur spectrale de la courbe d’EIT en fonction de l’angle entre les
deux faisceaux [Carvalho 2004,dos Santos 2006]. Précisons que l’étude de la forme de la fenêtre
d’EIT peut aussi servir pour déterminer la température du nuage d’atomes [Peters 2012]. Cet
effet de transparence est aussi à la base de l’observation de lumière lente [Kasapi 1995].

Une formulation précise de la susceptibilité linéaire χ(1) permet d’obtenir une expression analy-
tique de la fenêtre d’EIT. En décrivant la réponse optique du système au moyen des équations
de Bloch optiques et en tenant compte des différentes causes de décohérence, la transmission
d’une sonde à travers le nuage d’atomes de 85Rb, éclairé par une pompe sur la transition
|3〉 → |2〉′ s’écrit, en faisant intervenir la polarisabilité atomique adimensionnée α̃at [Fleisch-
hauer 2005,Schilke 2012] :

Tat(δS) = exp (−b0 Im [α̃at(δS)])

= exp

(

−b0 Im

[

− C32′Γ

2δS + iΓ − ΩR
2/2(δS − ∆ + iγ)

])

, (V.2.14)

où γ code la décohérence entre les deux niveaux fondamentaux, ΩR (proportionnelle à la ra-
cine carrée de l’intensité du laser de couplage) est la pulsation de Rabi décrivant le couplage
entre la pompe et le dipôle atomique et les désaccords ∆ et δS correspondent à la pompe et
la sonde, respectivement. De fait, une analyse d’un spectre de transmission d’une sonde fai-
blement saturante dans le fenêtre d’EIT au moyen de la relation (V.2.14) permet de connaître
simultanément l’épaisseur optique à résonance du nuage, le déphasage γ ainsi que la pulsation
de Rabi. Précisons qu’un effet de perte de cohérence entre pompe et sonde implique un γ non
nul et que l’impact de la distribution des vitesses des atomes (et donc de l’angle entre pompe
et sonde) se cache dans ∆. La prise en compte de ces effets de décohérence et de la tempéra-
ture induit donc une baisse de contraste ainsi qu’un élargissement du pic de transmission lié à
l’EIT. Une étude systématique de ces grandeurs en fonction des paramètres expérimentaux est
alors possible pour discriminer les sources de décohérence dans les atomes. Enfin, en absence
de pompe (donc pour ΩR = 0) on peut montrer que l’on retrouve la transmission atomique
usuelle vue à l’équation II.2.8.

La figure V.2.6 présente un spectre de transmission autour de |2〉 → |2′〉 obtenu dans les condi-
tions de l’EIT pour une pompe résonante avec la transition |3〉 → |2′〉 d’intensité 25 mW·cm−2,
correspondant à une pulsation de Rabi de ΩR = 0.63Γ. L’angle entre la pompe et la sonde est
17.3◦ et leurs polarisations sont linéaires et croisées. Compte tenu de la sous-structures Zeeman
des niveaux mis en jeu ici, on attend un contraste maximal, valant l’unité, puisque tous les
sous-niveaux Zeeman du niveau excité |2′〉 sont couplés à ceux du niveau |2〉 b. Le scan des fré-

b. Les règles de sélection pour une lumière polarisée linéaire impliquent une transition entre les niveaux tels
que ∆mF = 0.
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Figure V.2.6 – Spectre de transmission de la sonde, autour de la transition |2〉 → |2′〉 pour un nuage tel
que b0 = 5, mesuré en absence de repompeur et dans les conditions d’obtention de transparence élec-
tromagnétiquement induite : une pompe (cyan) à résonance avec |3〉 → |2′〉 et d’intensité 25 mW·cm−2

pendant que la sonde (orange) de faible intensité mesure l’état du système sur la transition |2〉 → |2′〉.
La sonde et la pompe forment un angle de 17.3◦. Les données expérimentales sont en gris. La courbe
noire est un ajustement des données utilisant la formule (V.2.14). Nous tirons ΩR = (0.39 ± 0.01)Γ et
γ = (0.037 ± 0.001)Γ. En insert : niveaux atomiques et configuration des lasers. La pompe est en cyan
et la sonde en orange. En particulier, la sonde couple tous les sous-niveaux Zeeman de |F = 2〉 à ceux
de |F ′ = 2〉.

quences de la sonde issue de l’EOM est réalisé avec un AOM en configuration double-passage
piloté par un générateur basse fréquence Hewlett-Packard c permettant de s’affranchir du pas de
temps de 10 µs de la carte d’acquisition. On observe effectivement une hausse de la transmission
autour de la résonance atomique, signal directement relié au phénomène d’EIT. Un ajustement
de la courbe de transmission via la formule (V.2.14) est aussi présenté, en ligne pleine noire.
Nous extrayons finalement ΩR = (0.39 ± 0.01)Γ et γ = (0.037 ± 0.001)Γ. Nous remarquons
que la pulsation de Rabi extraite est plus faible que celle attendue, pouvant provenir d’une
mauvaise estimation de l’extension spatiale des faisceaux pompe. Le résultat de l’ajustement
représente néanmoins une bonne calibration de l’intensité lumineuse de la pompe illuminant les
atomes. Le terme de déphasage entre les deux niveaux hyperfins fondamentaux est de l’ordre de
γ = 0.037Γ = 2π × 224 kHz et est responsable d’une altération du contraste et d’un élargisse-
ment de la hausse de la transmission. Deux causes de l’apparence de cette décohérence peuvent
venir de la dégradation de la cohérence de phase entre pompe et sonde ou de la température du
nuage et donc de l’angle entre les lasers impliquant le fait qu’ils interagissent avec différentes
classes de vitesse atomique. Cependant, elles restent difficiles à découpler pour le moment et
une étude systématique du contraste du pic et de sa largeur en fonction de l’épaisseur optique
et de la température est requise pour connaître précisément leur impact. Il est néanmoins clair
qu’une cohérence est induite entre les deux niveaux hyperfins fondamentaux et que l’ajout de
gain est possible.

c. Aucun VCO n’est utilisé dans cette mesure, ils sont tous remplacés par des synthétiseurs délivrant un
signal sinusoïdal plus pur.
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Lumière diffusée, ω1

Oscillateur local, ω2

Coupleur

fibré

PD

TDC

Figure V.3.1 – Schéma de principe d’une mesure hétérodyne où toutes les lumières sont couplées dans
des fibres monomodes à maintien de polarisation. PD : photodiode. TDC : convertisseur temps-digital.

V.3. Vers la détermination du spectre optique

La lumière émise par un laser suit une statistique de Poisson. Cela se traduit par le fait que la
fonction de corrélation de l’intensité de la lumière g(2) est plate et égale à l’unité. Au chapitre IV,
nous avons vu que les corrélations d’intensité de la lumière diffusée par les atomes froids, en
tant que milieu passif, présente une forme particulière, dépendant de l’épaisseur optique à la
fréquence du laser. Nous avons notamment mis en évidence un groupement de photons carac-
téristique d’une lumière classique. Il est toutefois légitime de savoir comment cette fonction
change en présence de gain dans le système. La réponse à cette question est un préalable né-
cessaire à l’étude des corrélations de l’intensité d’un laser aléatoire pour analyser ses propriétés
de cohérence temporelle. Dans cette section, nous présentons nos premiers résultats pour en-
suite aller vers la mesure des corrélations d’intensité sur un milieu actif. Nous cherchons, par
ailleurs, à connaître le spectre optique de la lumière diffusée grâce à une mesure hétérodyne, en
la faisant interférer avec un oscillateur local plus puissant. Nous commencerons par présenter la
forme du battement attendu et montrerons nos premiers tests expérimentaux. Cette technique,
nous le verrons, autorise un accès direct à la fonction g(1), par l’intermédiaire d’une mesure de
corrélation d’intensité, a priori sans recours à la relation de Siegert. En outre, la présence de
l’oscillateur local permet une intégration beaucoup rapide qu’une mesure de g(2)(τ) seule.

V.3.1. Prévision de la forme du signal détecté

Nous avons déjà étudié les méthodes hétérodynes au chapitre II. Nous en rappelons néanmoins
le principe. Le but est de faire interférer la lumière à analyser avec un oscillateur local, décalé
en fréquence et plus puissant. Le spectre obtenu, centré sur la différence de fréquence des
deux lumières, est alors une réplique du spectre optique de la lumière étudiée si l’oscillateur
local est un laser parfait. Appliquée à un milieu optiquement actif, cette méthode peut nous
permettre d’accéder aux propriétés de cohérence temporelle d’un échantillon proche du seuil
et de comprendre les mécanismes du développement de cette cohérence via les changements
éventuels du spectre optique.

Nonobstant la facilité de mise en place de cette technique, il n’apparaît pas évident de prime
abord que l’oscillateur local ne masque pas le signal d’intérêt. Commençons alors par montrer
la forme de la fonction de corrélation g(2) lors de l’interférence de deux champs électriques.
Le principe de l’expérience est schématisé sur la figure V.3.1, où on fait battre une lumière à
étudier de fréquence angulaire ω1 avec un oscillateur local de pulsation ω2. Les deux champs
électriques s’écrivent :



V.3. Vers la détermination du spectre optique 189

E1(t) = E1,0 ei(ω1t+φ1) (V.3.1)

E2(t) = E2,0 ei(ω2t+φ2). (V.3.2)

Nous considérons des amplitudes et des phases constantes pour le moment. Dans ce cas, le
champ total détecté au niveau de la photodiode est :

E(t) = E1(t) + E2(t)

= E1,0 ei(ω1t+φ1) + E2,0 ei(ω2t+φ2), (V.3.3)

dont nous pouvons calculer l’intensité :

I(t) = |E(t)|2 =
(

|E1,0|2 + |E2,0|2
)
(

1 +
2E1,0E2,0

|E1,0|2 + |E2,0|2
cos(∆ωt+ φ)

)

, (V.3.4)

avec ∆ω = ω2 − ω1 et φ = φ2 − φ1. Le carré de la valeur moyenne de l’intensité s’obtient
immédiatement :

〈I(t)〉2 =
(

|E1,0|2 + |E2,0|2
)2
. (V.3.5)

La valeur moyenne du produit des intensités aux instants t et t+ τ s’écrit :

〈I(t)I(t+ τ)〉 =
(

|E1,0|2 + |E2,0|2
)2
(

1 +
2E1,0E2,0

|E1,0|2 + |E2,0|2
cos(∆ωt+ φ)

)

×
(

1 +
2E1,0E2,0

|E1,0|2 + |E2,0|2 cos(∆ω(t+ τ) + φ)

)

. (V.3.6)

Après calculs et en normalisant par le carré de la moyenne de l’intensité, nous arrivons à la
fonction de corrélation de l’intensité :

g(2)(τ) = 1 +
2I1I2

(I1 + I2)2
cos(∆ωτ), (V.3.7)

où nous avons noté I1 = |Ei,0|2 l’intensité du champ i. La fonction g(2) oscille donc à la fréquence
différence des deux champs interférant, l’amplitude des oscillations étant donnée par le produit
des intensités. Par transformée de Fourier, le spectre obtenu est alors infiniment fin puisque
seuls deux lasers parfaits intérfèrent entre eux. Un même calcul peut alors être réalisé pour un
champ présentant des fluctuations de phases et d’amplitudes [Hong 2006]. Le champ diffusé
s’écrit alors :

E1(t) = E1,0(t) ei(ω1t+φ(t)). (V.3.8)

La fonction de corrélation de l’intensité devient dans ce cas :

g(2)(τ) = 1 +
2 〈|E1,0(t)|2〉 I2

(〈|E1,0(t)|2〉 + I2)2
|g1

(1)(τ)| cos(∆ωτ) +
〈|E1,0(t)|2〉2

(〈|E1,0(t)|2〉 + I2)2
(g1

(2)(τ) − 1) (V.3.9)
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La structure de cette dernière relation est similaire à celle obtenue pour deux lumières parfaites
vue à l’équation (V.3.7), le second terme étant pondéré par la fonction d’ordre un du champ
électrique de la lumière diffusée. Un dernier terme apparaît, prenant en compte la modification
de la fonction g(2) à délais courts due à celle de la lumière diffusée. En prenant la transformée de
Fourier de l’équation V.3.9, seul le second terme donnera une composante spectrale à une fré-
quence non nulle. En particulier, en vertu du théorème de Wiener-Khintchin, cette contribution
est proportionnelle au spectre de la lumière effectivement étudiée. La mesure des corrélations
d’intensité provenant de l’interférence entre la fluorescence des atomes et d’un oscillateur local
permet donc un accès direct au spectre optique de la lumière diffusée.

Pour bien appréhender l’intérêt des méthodes hétérodynes, étudions le rapport signal à bruit.
Nous réalisons la mesure des temps d’arrivée des photons dans des bins temporels tbin = 81 ps
et nous notons n̄1 et n̄2 les nombres de photons détectés par seconde issus de la fluorescence et
de l’oscillateur local, respectivement. A grands délais (donc lorsque g(2)(τ) = 1), le nombre de
coïncidences Ncoi après un temps d’intégration tint s’écrit :

Ncoi = tbintint(n̄1 + n̄2)2, (V.3.10)

dont nous déduisons l’impact du bruit de fond :

Nfond =
√

Ncoi = (n̄1 + n̄2)
√
tbintint. (V.3.11)

La contribution au signal effectivement mesuré est le terme oscillant à la fréquence angulaire
∆ω. Nous obtenons alors :

Nsig = 2
n̄1n̄2

(n̄1 + n̄2)2
tbintint(n̄1 + n̄2)2

= 2n̄1n̄2 × tbintint. (V.3.12)

Nous en déduisons finalement le rapport signal sur bruit (SNR) :

SNR =
Nsig

Nfond
= 2

n̄1n̄2

n̄1 + n̄2

√
tbintint. (V.3.13)

De manière peu intuitive, le rapport signal sur bruit est maximal lorsque que n̄2 ≫ n̄1, donc
quand l’oscillateur local est plus puissant que la lumière étudiée. Dans ce cas spécifique, nous
avons SNR → 2n̄1

√
tbintint, indépendant de n̄2. Nous avons donc tout intérêt à maximiser

l’intensité de l’oscillateur local pour diminuer le temps d’intégration. Ce point particulier est
une spécificité des mesures hétérodynes (ou homodynes si la différence des fréquences est nulle).

Il est, cependant, nécessaire de nuancer un peu ce constat optimiste. Premièrement, nous avons
fait le calcul dans un régime où les corrélations sont mesurées de manière continue. Ce n’est
pas le cas sur notre expérience, qui fonctionne en régime pulsé. Le SNR va donc dépendre
du délai temporel τ et on s’attend à voir le nombre de coïncidences diminuer avec des délais
croissants, comme nous l’avons effectivement mesuré (chapitre IV, section IV.1.3.2). Enfin,
nous n’avons considéré que deux types de photons différents, ceux de la lumière diffusée et ceux
de l’oscillateur local. Si l’on souhaite étudié la fluorescence atomique en présence de gain, les
photons diffusés par les autres lasers (pompe et repompeur) sont susceptibles d’être détectés et
de détériorer le signal. Il faut alors tenir compte des taux de diffusion des lasers Raman et du
repompeur pondérés par les populations des niveaux impliqués dans l’induction de gain dans le
système pour correctement exprimer le rapport signal sur bruit. Il semble clair que ce dernier
va diminuer du fait de la présence des autres lasers.
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Pompe
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Coupleur
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Figure V.3.2 – Schéma de l’expérience d’hétérodynage. Le principe est tout à fait similaire à celui
utilisé pour la DWS. On fait interférer la lumière diffusée par le MOT, illuminé par un seul des
faisceaux Raman, avec un oscillateur local provenant de la même source que les pompes. L’oscillateur
local est décalé en fréquence de δωOL = 2π × 73.3 MHz, par rapport aux photons attendus provenant
du laser aléatoire, au moyen d’un modulateur acousto-optique en configuration simple passage. L’angle
entre l’axe des faisceaux Raman et la fibre de collection de la fluorescence est de 35.5◦. Le battement
est ensuite divisé en deux par le séparateur de faisceaux fibré (SFF) pour être envoyé vers les deux
photodiodes à avalanche (PDA). Les temps d’arrivée des photons détectés par les PDA sont enregistrés
avec un convertisseur temps-digital (TDC) et analysées avec un ordinateur pour construire la fonction
g(2). CSP : cube séparateur de polarisation, FM : fibre monomode.

V.3.2. Validation de la mesure du spectre optique

Au chapitre IV, nous avons étudié la lumière diffusée par les atomes, considéré comme un
milieu passif. Si l’on souhaite mieux caractériser les propriétés de cohérence temporelle d’un
laser aléatoire, il est nécessaire d’induire du gain dans le milieu. Il faut donc, comme nous
l’avons vu, éclairer les atomes avec les faisceaux Raman ainsi que le repompeur pour maintenir
une inversion de population dans le système. Avant d’étudier la lumière émise au-dessus du
seuil de l’émission du laser aléatoire, il est nécessaire de caractériser la cohérence temporelle
de l’échantillon en fonction de la nouvelle configuration expérimentale, en présence de larges
faisceaux pouvant saturer les atomes.

Le schéma expérimental, présenté sur la figure V.3.2, est alors très similaire à ce que nous
avons déjà rencontré précédemment. La lumière diffusée par les atomes est couplée dans une
fibre monomode. Elle interfère avec un oscillateur local, provenant de la même source laser
que celle de la pompe pour préserver la cohérence de phase. On s’affranchit donc de la largeur
spectrale finie du laser. Précisons que l’oscillateur local est dérivé de la lumière issue de l’EOM.
Les polarisations des lumières sont parallèles. Celles-ci interférent dans un coupleur à maintien
de polarisation. Le faisceau Raman et la fibre de collection de la lumière diffusée forment un
angle de θ = 35.5◦. Le signal d’interférence est ensuite divisé en deux au moyen d’un séparateur
de faisceau fibré. Chaque bras est connecté à une photodiode à avalanche, même modèle que
pour nos mesures de spectroscopie des ondes diffuses. Les temps d’arrivée des photons incidents
sont enregistrés sur un convertisseur temps-digital avant d’être envoyés à un ordinateur pour
reconstruire l’histogramme des coïncidences. Les pompes sont appliquées de manière pulsée,
deux impulsions de 100 µs chacune, période pendant laquelle les corrélations d’intensité sont
détectées.

Dans un premier temps, nous avons utilisé un seul bras du laser Raman pour sonder les atomes
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Figure V.3.3 – Mesure de la fonction de corrélation d’ordre deux g(2) de la lumière diffusée par les
atomes froids illuminés par un bras des faisceaux Raman, de taille transverse supérieure à celle du
nuage, avec b0 = 34 et δ = +9Γ. (a) Courbe de g(2) en échelle linéaire. Les données expérimentales
sont en gris. L’angle entre le laser et la détection est de 35.5◦. Un ajustement gaussien (ligne pleine
noire) donne une température de T = (108 ± 9) µK. (b) Zoom sur les trois premières microsecondes,
en échelle semi-logarithmique.
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dans le régime de diffusion simple afin de déterminer la température du nuage, comme fait
précédemment IV.2.2. L’épaisseur optique à résonance du nuage, mesuré avec un spectre de
transmission, est de b0 = 34±2. Le désaccord de la pompe par rapport à la transition |3〉 → |4′〉
est fixé à +9Γ, de sorte à obtenir b(δ) = 0.1, l’intensité du laser étant ajustée pour maintenir un
paramètre de saturation s(δ) ∼ 0.02. Le nombre de coups détectés est typiquement de l’ordre de
25 photons/200µs. La figure V.3.3 montre la fonction de corrélation de l’intensité de la lumière
diffusée. La forme globale obtenue est bien modélisée par une gaussienne, comme attendu dans
le régime de diffusion simple, dont nous rappelons l’expression :

g(2)(τ) = 1 + e
−

τ2(1−cos θ)

2τc2 , (V.3.14)

avec θ = 35.5◦ et τc
−1 = 2k

√
kBT
m

. On extrait un temps de cohérence, défini comme la de-
mie largeur à mi-hauteur de la courbe de g(2), τcoh = (1.59 ± 0.12) µs, correspondant à une
température de T = (108 ± 9) µK.

Avec les mêmes paramètres du faisceau Raman, nous avons étudié les corrélations d’intensité
résultantes de l’interférence entre la fluorescence et l’oscillateur local décalé en fréquence de
δωOL/2π = 73.3 MHz par un modulateur acousto-optique en configuration simple passage.
Nous mesurons dans ce cas g(1)(τ) par l’intermédiaire de g(2), comme nous l’avons vu à l’équa-
tion (V.3.9). Les premiers résultats, après tint = 10 h d’intégration, sont présentées sur les
figures V.3.4(a)-(b), où nous avons tracé g(2)(τ) − 1 en fonction du délai τ d’arrivée des pho-
tons. Pendant les 200 µs d’impulsion de lasers, nous détectons n̄1 = 2 et n̄2 = 200 coups dans la
fluorescence et dans l’oscillateur local respectivement. Il est techniquement possible d’augmen-
ter encore le flux de photons dans l’oscillateur local mais on risque alors de saturer le TDC ou
les APD. Nous observons bien un signal dont la valeur moyenne est proche de zéro et la forme
notablement différente de ce que nous avons mesuré auparavant. En particulier, un zoom sur
la première microseconde du signal met très clairement en évidence des oscillations. La figure
V.3.4(c) montre la transformée de Fourier normalisée par le nombre de points dans les données
temporelles en fonction de la fréquence de Fourier du signal, restreinte à la gamme spectrale
[0 − 400] MHz, l’insert est un zoom centrée sur δωOL/2π. Nous observons effectivement une
structure spectrale à la fréquence correspondant à la différence entre la fluorescence et l’oscilla-
teur local. En accord avec la relation V.3.9, cette composante correspond au spectre optique de
la lumière diffusée par les atomes. Avec les nombres typiques de coups que nous mesurons, nous
attendons, par la relation (V.3.13) un rapport signal sur bruit de SNR = 34. Par une étude du
SNR sur la transformée de Fourier, nous obtenons SNR = 30, ce qui est effectivement en bon
accord. Comme étant en régime de diffusion simple, nous avons vu que le spectre est gaussien,
de la forme :

S(δωOL, θ) ∝ e
−

δω2
OL

2∆ω(θ)2 , (V.3.15)

la largeur du spectre étant dépendante de la température du nuage ainsi que de l’angle de
détection :

∆ω(θ) = k

√

2(1 − cos θ)
kBT

m
. (V.3.16)

Nous appliquons donc un ajustement gaussien à cette composante dont nous extrayons une
largeur à mi-hauteur de ∆ω(θ) = 2π × (160 ± 8) kHz. De cette valeur, nous déduisons une
température de T = (494 ± 48) µK. Ce résultat est substantiellement plus important que la
température obtenue directement avec une mesure de g(2)(τ). La raison principale serait une
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perte de cohérence de phase entre pompe et oscillateur local. En effet, pour décaler en fréquence
l’oscillateur local, celui-ci passe à travers des modulateurs acousto-optiques, pilotés par des os-
cillateurs contrôlés en tension. Or ces derniers peuvent dégrader la pureté spectrale d’un laser
en ajoutant du bruit dans le faisceau diffracté. Nous avons notamment mesuré un élargissement
d’environ 20 kHz à chaque passage dans un AOM. Le remplacement des VCO par des généra-
teurs de fonction de meilleure qualité pourrait préserver la cohérence de phase entre pompe et
oscillateur local Une autre possibilité peut être des fluctuations dans le système d’asservisse-
ment du point de fonctionnement de l’EOM, maintenu sur un maximum de transmission (mais
sans modulation RF), dont on tire l’oscillateur local. L’obtention de ce faisceau en amont de
l’EOM peut aussi être une éventualité pour comprendre cet élargissement fréquentiel. Nous
modifions actuellement l’expérience pour mieux garantir la cohérence de phase entre ces deux
lasers pour ne plus être limité par du bruit de fréquence, ce qui devra ensuite être vérifié à
l’aide d’un battement. Il s’agira ensuite de mesurer le spectre optique de la lumière diffusée
avec les deux faisceaux pompe en régime de diffusion simple en présence de gain, puis ensuite
en régime de diffusion multiple.

V.4. Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté les récents développements mis en place sur l’expérience
dans le but de caractériser les propriétés de cohérence temporelle d’un milieu optiquement actif.
Pour cela, nous avons dans un premier temps montré que nous sommes en moyen de préparer les
atomes avec une inversion arbitraire entre les deux niveaux hyperfins fondamentaux du 85Rb. Le
maîtrise de l’inversion de population est possible par le contrôle de l’intensité relative entre deux
lasers, pompe et repompeur. L’obtention d’une inversion de population dans le système peut
donner lieu à du gain Raman. Pour le caractériser, nous avons mis en place une détection basée
sur une expérience de type pompe-sonde. La difficulté d’une telle mesure réside dans l’écart
de fréquence entre les deux niveaux hyperfins, de l’ordre de 3 GHz, imposant l’utilisation de
deux lasers différents. Néanmoins le recours à un modulateur électro-optique permet de générer
une bande latérale qui peut être utilisé comme une sonde centrée sur la fréquence d’intérêt.
Les premières mesures de spectroscopie pompe-sonde indiquent l’observation de transparence
électromagnétiquement induite, suggérant une certaine relation de phase entre les lasers pompe
et sonde. Nous sommes donc confiants dans le fait de pouvoir bientôt obtenir et caractériser du
gain dans l’échantillon.

Une autre piste suivie est l’étude des corrélations d’intensité de la lumière émise en présence
de gain. La mise en place d’une détection hétérodyne nous garantit un accès expérimental au
spectre optique de la fluorescence des atomes. Pour cela, nous faisons battre la lumière diffusée
avec un oscillateur local et nous étudions les corrélations d’intensité du signal d’interférence
qui en résulte. La combinaison de cette mesure de spectre optique avec une mesure de la
fonction g(2) dans les mêmes conditions pourra permettre d’accéder à la statistique de photons
de la lumière. Nous serons alors en mesure de tester la nature poissonienne de la lumière
issue du laser aléatoire. Nous sommes actuellement en cours de modification de l’expérience
pour comprendre un élargissement spectral mis en évidence dans les mesures hétérodynes,
absent d’une étude directe de g(2)(τ). Nous aurons alors la possibilité de pouvoir analyser les
corrélations d’intensité de la lumière émise en présence de gain. Nous pourrons alors étudier
les mécanismes de construction de la cohérence au sein d’un milieu actif autour du seuil. Cette
étape est un prérequis nécessaire avant de pouvoir mettre en évidence les propriétés de cohérence
temporelle d’un laser aléatoire.
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Figure V.3.4 – Mesure du spectre optique de la lumière diffusée par une méthode hétérodyne. (a)
Fonction de corrélation de l’intensité résultante de l’interférence entre la lumière diffusée par les atomes
et d’un oscillateur local, décalé en fréquence de δωOL/2π = 73.3 MHz. (b Zoom sur la première
microseconde du signal pour mettre en évidence les oscillations dues au terme oscillant proportionnel
à l’auto-corrélation du champ électrique diffusé dans (V.3.9). (c) Transformée de Fourier de g(2)(τ)−1,
restreinte à la fenêtre sectrale [0 − 400] MHz, mettant en évidence un pic correspondant à la fréquence
δωOL/2π. En insert : zoom sur le pic. En noir : ajustement gaussien pour déduire la température
selon (V.3.16). Nous obtenons T = (494 ± 48) µK.





Conclusion

Nous l’avons vu tout au long de ce manuscrit, les vapeurs atomiques sont un milieu particu-
lièrement bien adapté pour étudier les mécanismes de diffusion de la lumière dans un milieu
désordonné. Ils peuvent aussi être utilisés pour illustrer les liens entre physique atomique et
astrophysique. Cela est rendu possible par le contrôle expérimental de la section efficace de dif-
fusion des atomes éclairés par un laser en faisant varier sa fréquence pour modifier les propriétés
de diffusion des atomes. La possibilité de calculs ab initio rend l’interaction entre le milieu passif
et la lumière aisément modélisable, pour notamment connaître la forme du spectre optique de
la lumière diffusée par les atomes et étudier ensuite la fonction de corrélation de l’intensité g(2).

Toutefois, la réponse atomique non linéaire en présence de champs lumineux intenses confère
aux atomes de nouvelles propriétés de diffusion et la possibilité d’explorer de nouveaux régimes,
comme par exemple l’occurrence de gain. Le passage d’un régime à l’autre peut aider à mieux
caractériser les propriétés du milieu et comprendre l’apparition et le développement de cohé-
rence temporelle. Cette thèse de doctorat cherche à étudier les caractéristiques de la diffusion
de la lumière dans des vapeurs atomiques froides, essentiellement en tant que milieu passif dans
le but de développer des outils pour l’étude du gain afin d’analyser les propriétés de cohérence
temporelle d’un laser aléatoire.

Dans la première partie de cette thèse, nous avons commencé par introduire l’équation de la
diffusion pour décrire le transport de la lumière dans un milieu désordonné. Nous avons en par-
ticulier défini des longueurs caractéristiques permettant de mieux appréhender les conditions
d’application de cette équation. De plus, nous avons défini les fonctions de corrélation du champ
électrique, modélisant les fluctuations temporelles de son amplitude et son intensité. Dans le
cadre de la spectroscopie des ondes diffuses, elles se montrent être des outils particulièrement
puissants pour étudier les propriétés dynamiques des diffuseurs. Différents montages expéri-
mentaux peuvent permettre de mesurer des corrélations d’intensité, que ce soit temporellement
avec l’utilisation d’une détection type Hanbury Brown et Twiss ou alors spectralement avec
l’auto-battement de la lumière ou une méthode hétérodyne. En outre, nous avons vu qu’un
milieu désordonné optiquement actif pouvait présenter un seuil d’émission laser, appelé bombe
photonique. Plus précisément, l’utilisation d’une vapeur atomique froide utilisée à la fois comme
milieu diffusant et à gain a permis de mettre en évidence l’effet de laser aléatoire dans les atomes
froids.

Dans la seconde partie de ce manuscrit, nous avons souhaité tirer avantage des fluctuations d’in-
tensité de la lumière diffusée par les atomes froids. Le but est de pouvoir obtenir une signature
expérimentale claire de l’observation d’un laser aléatoire à atomes froids. La caractérisation de
la lumière diffusée par le nuage en présence de gain passe par une très bonne connaissance de
l’échantillon. Pour cela, nous avons commencé par étudier le nuage d’atomes comme un milieu
passif. La première étape a été d’analyser les bruits d’intensité et de fréquence intrinsèques des
sources lasers en utilisant les atomes comme discriminateur de fréquence. La résonance ato-
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mique est mise à profit pour convertir du bruit de fréquence en bruit d’intensité. Nous avons
montré la possibilité de réaliser des mesures spectroscopiques à partir des fluctuations d’in-
tensité de la lumière transmise par les atomes froids. Dans un second temps, l’implémentation
expérimentale de la mesure des corrélations d’intensité de la lumière diffusée par les atomes
permet aussi d’obtenir des informations sur le mouvement des diffuseurs, en application de la
diffusion dynamique de la lumière. Nous avons mis en place un dispositif de détection de type
HBT et étudié la fonction g(2) des photons diffusés lorsque les atomes sont illuminés par une
sonde de faible intensité, diminuant ainsi le poids de la diffusion inélastique. La variation de
fréquence du laser nous a permis de passer continûment du régime de diffusion simple au régime
de diffusion multiple. Nous avons montré le rôle joué par le mouvement balistique des atomes
sur le changement de forme de la fonction de corrélation de l’intensité.

Enfin, dans une dernière partie, nous avons réuni tous les ingrédients requis pour l’obtention
d’un laser aléatoire pour pouvoir caractériser l’adjonction de gain à l’intérieur des atomes. Le
mécanisme d’amplification choisi induit une inversion de population entre les deux niveaux
fondamentaux hyperfins du 85Rb, contrôlée par l’utilisation d’un laser Raman et d’un repom-
peur. Nous avons commencé par caractériser les inversions de population obtenues en fonction
des paramètres de ces deux lasers et montrer notre habilité à préparer le nuage avec une ré-
partition arbitraire d’atomes entre ces deux niveaux. L’ajout d’un modulateur électro-optique
rend possible de réaliser des mesures pompe-sonde pour mesurer l’amplification d’une sonde à
la fréquence de la pompe, en garantissant la cohérence de phase entre les deux. Nos premiers
résultats, lorsque les atomes sont illuminés par un seul faisceau pompe résonant colinéaire à la
sonde, indiquent la présence de transparence électromagnétique induite. Nous sommes actuel-
lement en cours de recherche des paramètres optimaux du gain dans le système. Parallèlement,
nous avons commencé à développer une méthode de mesure hétérodyne, en faisant interférer la
lumière diffusée avec un oscillateur local, pour étudier le spectre de la fluorescence des atomes
en présence de gain.

Toutes ces étapes sont un préalable nécessaire à l’étude des propriétés de cohérence temporelle
d’un laser aléatoire à atomes froids. Il est donc important de bien comprendre les propriétés de
la lumière diffusée par le milieu passif mais aussi de savoir la physique à l’oeuvre à l’approche
du seuil d’émission laser. Ce peut donc être un accès expérimental direct à la construction de
cohérence dans les milieux désordonnés. La particularité de notre système est de pouvoir relier
cette construction de cohérence à l’évolution de l’inversion de population, aisément accessible,
dans l’échantillon autour du seuil. Il est aussi possible de connaître la réponse temporelle du
système pendant l’établissement de la cohérence temporelle dans le nuage. L’inversion de po-
pulation peut donc s’avérer être une observable intéressante. Combiné à une mesure de g(2)(τ),
il serait alors possible de mieux comprendre les mécanismes sous-jacent de la constitution des
propriétés de cohérence temporelle d’un milieu actif autour du seuil de l’émission laser.

La poursuite des investigations une fois le seuil dépassé peut donner lieu à l’observation du
signal direct d’un laser aléatoire à atomes froids. L’analyse des corrélations d’intensité serait un
outil très puissant pour montrer si la lumière émise par ce type de laser suit effectivement une
statistique de Poisson. Cela nécessite de bien pouvoir discriminer les photons contribuant au
laser aléatoire des autres, ce qui peut constituer un défi expérimental mais néanmoins réalisable
via des mesures par hétérodynage. En outre, le fait de pouvoir combiner efficacement gain et
diffusion avec le même système physique, les atomes froids, peut ouvrir la voie à la mise en
lumière des mécanismes fondamentaux qui sous-tendent le phénomène de laser aléatoire. En
outre, les fortes intensités lumineuses arrivant sur les atomes peuvent introduire des effets de
diffusion inélastique et donc dépendant de la puissance optique incidente. La réponse atomique
devient alors non linéaire et souvent difficile à prédire. Là encore, les corrélations d’intensité
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peuvent intervenir et faciliter notre compréhension de ces effets inélastiques, en observant par
exemple le triplet de Mollow dans la réponse optique atomique en présence d’une pompe for-
tement saturante. Ce peut aussi être un moyen d’étudier les propriétés quantiques de diffusion
coopératives de la lumière dans un gaz d’atomes froids.
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— S. Vartabi Kashanian, A. Eloy, W. Guerin, M. Lintz, M. Fouché, et R. Kaiser. Noise
spectroscopy with large clouds of cold atoms. Phys. Rev. A, 94, No. 4, p. 043622, oct
2016.

— A. Eloy, Z. Yao, R. Bachelard, W. Guerin, M. Fouché, et R. Kaiser. Diffusing-wave
spectroscopy of cold atoms in ballistic motion. Phys. Rev. A, 97, p. 013810, Jan 2018.
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Liste des symboles

αat Polarisabilité atomique
β Nombre de modes spatiaux et

de polarisation
βj Amplitude d’un dipôle dans le

modèle des dipôles couplés
δ = ωL − ω0 Désaccord de la pulsation

du laser par rapport à la réso-
nance

∆ Désaccord de la pompe par rap-
port à |2′〉

δω Décalage Doppler
∆ω(θ) Largeur du spectre de la lu-

mière diffusée dans la direction
d’observation

∆ωBN Largeur spectrale d’un batte-
ment

∆ωL Largeur du spectre optique du
laser

δRep Désaccord du repompeur
δS’ Désaccord de la sonde par rap-

port à |2′〉
δS Désaccord de la sonde par rap-

port à |1′〉
ℓabs Longueur d’absorption
ℓg Longueur de gain
ℓtr Longueur de transport
Γ Largeur naturelle du niveau ex-

cité
γ Déphasage entre les deux niveaux

hyperfins fondamentaux
g(1) Fonction de corrélation d’ordre

un du champ électrique
g(2) Fonction de corrélation d’ordre

deux du champ électrique
g(2)(0) Valeur à délai nul de la fonc-

tion g(2)

λ Longueur d’onde du laser
ℓsc Libre parcours moyen
Cij′ Coefficient de Clebsch-Gordan

de la transition |i〉 → |j′〉

L Flux d’atomes chargés dans le
MOT

IP Inversion de population
Tij′ Rapport de branchement de la

transition |i〉 → |j′〉
〈x〉 Valeur moyenne de la variable

aléatoire x
Nat Nombre d’atomes
Ω Fréquence de Fourier
P(n) Distribution des photons ayant

subis n diffusions
ρ Densité des diffuseurs / densité

atomique
σ0 Section efficace de diffusion à

résonance
σj(j = x, y, z) Taille rms du nuage d’atomes
σsc Section efficace de diffusion
√

〈v2〉 Vitesse quadratique moyenne des
atomes

τ Délai d’arrivée des photons
τcoh Demi-largeur à mi-hauteur de

la fonction g(2)

T Température du nuage
θ Direction d’observation
b̃0 Épaisseur optique sur la tran-

sition |2〉 → |1′〉
kinc Vecteur d’onde d’un photon in-

cident
b(δ) Épaisseur optique à la fréquence

du laser
b0 Épaisseur optique à résonance
Bφ Profondeur de modulation de

phase
BE Profondeur de modulation d’am-

plitude
D Dérivée de la transmission du

discriminateur de fréquence
Ddiff Coefficient de diffusion
f(θ, φ) Amplitude de diffusion
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gab
(2) Fonction de corrélation d’ordre

2 croisée
gn

2 Fonction de corrélation de l’in-
tensité après n diffusions

IBN Intensité détectée lors d’un bat-
tement

Icoh Intensité dans le mode cohérent
IRaman Intensité du faisceau Raman
IRep Intensité du repompeur
Isat Intensité de saturation de la raie

D2 du 85Rb

m Masse d’un atome de 85Rb

n Nombre d’événements de diffu-
sion

Ndiff Nombre moyen d’événements de
diffusion

p(u·u′) Fonction de phase
PRb Pression partielle de rubidium

dans la cellule à vide
Pres Pression résiduelle de gaz dans

la cellule à vide
R Taux de coïncidences par heure
Rsc Taux de diffusion
Rx Fonction d’auto-corrélation du

signal aléatoire x
s(δ) Paramètre de saturation à la

fréquence du laser
Sω Bruit de fréquence
SE Spectre optique
SF F ′ Facteur de force
Sx Densité spectrale de puissance

du signal aléatoire x
Tat Transmission
tbin Taille d’un bin temporel
tcycle Durée d’un cycle expérimental
tint Temps d’intégration
tpulse Durée d’une impulsion de la sonde
vtr Vitesse de propagation de l’éner-

gie
E Champ électrique
Esc Champ électrique diffusé
r, rd Vecteur position
t Temps
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