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Introduction

ForCa-G est le nom du projet de recherche sur lequel j’ai effectué ma thèse. C’est un
acronyme pour Force de Casimir-Polder et Gravitation. L’objectif ultime de ce projet est de
mesurer les forces exercées à courte distance entre un atome et une surface macroscopique.

Notre capteur de force met en jeu des atomes de 87Rb piégés dans un réseau optique
vertical où des transitions Raman à deux photons permettent de réaliser une superposition
cohérente d’états spatialement séparés et de mesurer par interférométrie atomique la variation
du potentiel dans la direction verticale.

Le projet a commencé en 2009 et a connu, depuis ses débuts, plusieurs avancées vers la
mesure finale. Dans la configuration actuelle, les atomes sont encore loin de la surface et l’ex-
périence est un gravimètre à atomes piégés. Au vu de la forte dépendance en position des
forces d’interaction atome-surface, une étape indispensable est l’obtention d’une très haute
résolution spatiale. Dans cette optique, nous préparons une source atomique de taille micro-
métrique, grâce à la mise en œuvre du refroidissement évaporatif dans un piège dipolaire
croisé. Le travail rapporté dans ce manuscrit porte sur l’étude et l’optimisation de ce capteur
de force à haute résolution spatiale reposant sur l’utilisation d’une source atomique ultrafroide.

Le manuscrit s’articule en six chapitres :
I Nous donnerons tout d’abord, dans le premier chapitre, des éléments de contexte et
introduirons l’intérêt de la mesure à courte distance. Le principe de l’expérience sera
ensuite décrit. Nous rappellerons également les principaux résultats antérieurs aux tra-
vaux rapportés ici, au cours des thèses précédentes et au début de ma thèse.

II Le second chapitre s’attache à la description du dispositif expérimental. Nous y détaillons
notamment l’agencement de tous les lasers et les différentes étapes de préparation de la
source atomique. Certains résultats expérimentaux concernant l’obtention et la mani-
pulation de cette source ultrafroide y sont également consignés.

III Dans le troisième chapitre, nous présentons une analyse de la résolution spatiale du
capteur et décrivons l’optimisation et l’étude des limites en matière de sensibilité. Nous
atteignons, pour une résolution spatiale de 3µm, une sensibilité relative à l’état de l’art
sur la mesure de la force de pesanteur de 5 × 10−6 à 1 s qui s’intègre jusqu’à 8 × 10−8

en 1 h.
IV Le quatrième chapitre décrit l’étude des interactions pour notre géométrie d’interféro-

mètre. En effet la préparation d’un échantillon ultrafroid conduit à des densités qui
peuvent atteindre ∼ 1012at/cm3 dans le réseau et nous faisons face à d’importants dé-
placements collisionnels. Nous étudions en particulier l’effet de la séparation des bras de
l’interféromètre sur le déplacement de la fréquence.

V Dans le cinquième chapitre, nous proposons une méthode pour améliorer encore la ré-
solution spatiale qui consiste à sélectionner un unique état propre du système et repose
sur l’utilisation d’un super-réseau comme potentiel de piégeage.

VI Nous dressons un bilan du travail effectué dans le sixième chapitre et donnons des
perspectives pour la mesure de force à courte distance.
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Chapitre I

Principe et historique
de l’expérience

Le projet ForCa-G a pour objectif final de mesurer les forces exercées à courte distance
entre des atomes et une surface macroscopique. Nous introduirons tout d’abord dans ce cha-
pitre l’intérêt d’une telle mesure. Nous expliquerons ensuite le principe général de l’expérience
et nous présenterons finalement un historique des résultats obtenus.
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CHAPITRE I. PRINCIPE ET HISTORIQUE DE L’EXPÉRIENCE

I.1 Les forces à courte distance
La mesure précise de forces à courte distance est un des défis de la physique expérimentale

moderne. Pour des séparations de l’ordre du micromètre, l’électrodynamique quantique de-
vient indispensable pour décrire l’interaction entre deux corps et les mesures mettant en jeu
des atomes n’ont pas encore atteint la précision des mesures macroscopiques. D’autre part, si
la loi de la gravitation de Isaac Newton et la théorie de la relativité générale sont très bien
testées pour des distances allant du millimètre à la taille du système solaire, des violations ne
sont pas encore exclues au delà et en deçà de ces échelles de longueur [1].

I.1.1 Une déviation à la loi de Newton ?

La recherche d’une déviation à la loi de Newton fait écho aux différentes théories récentes
qui prédisent de nouvelles interactions de type gravitationnel [2, 3, 4, 5, 6, 7, 8, 9]. Ces
nouvelles théories sont motivées par la volonté d’unifier la relativité générale d’Albert Einstein
et la théorie quantique des champs sur laquelle repose le modèle standard. Elles peuvent être
une interprétation de la matière noire qui explique la différence entre la masse lumineuse et la
masse dynamique observées dans les galaxies ou de l’énergie noire qui explique l’accélération de
l’expansion de l’univers. On parle parfois d’une 5ème force fondamentale de type gravitationnel
[10, 11]. La recherche d’une déviation à la loi de Newton peut être ainsi assimilée à la recherche
d’une 5ème force.

L’approche la plus courante pour tester ces nouvelles théories est la recherche d’une dévia-
tion à la loi de Newton sous la forme d’un potentiel de Yukawa [12, 13, 14]. En 1934, Hideki
Yukawa prédit l’existence des mésons comme médiateur de l’interaction forte entre les protons
et les neutrons [12]. En 1947, la découverte du pion [15] confirme la prédiction de Yukawa. Le
potentiel de Yukawa décrivant l’interaction médiée par une particule de masse m s’écrit :

UY (r) = C

r
e−

mc
~ r (I.1)

où C est l’amplitude de l’interaction. La portée de l’interaction est inversement proportionnelle
à la masse de la particule. Pour un photon de masse nulle, on retrouve le potentiel de Coulomb.

On introduira donc la déviation à la loi de Newton sous la forme suivante :

Ug(z) = m1m2G

z
(1 + αe−

z
λ ) (I.2)

où α est l’amplitude de l’interaction et λ sa portée.
Pour des portées λ interplanétaires, l’amplitude α a pu être exclue jusqu’à 10−10. Pour des

portées allant de 10−3 à 1015 m, la loi de Newton est bien testée (voir figure I.1a), mais pour
de plus grandes ou plus petites échelles, les mesures se compliquent. La limite des grandes
distances relève du domaine de l’astronomie et repose sur l’observation des mouvements pla-
nétaires. Nous sommes ici intéressés par l’autre limite, l’échelle submillimétrique. Les progrès
sur les mesures à courtes distances sont continus, mais aux échelles micrométriques les valeurs
non exclues de α sont encore très grandes.
La figure I.1b présente ces valeurs de α exclues par l’expérience pour des portées d’interaction
micrométriques 1. Pour λ ∼ 10µm, seules les valeurs supérieures à 104 sont exclues et pour
λ ∼ 1µm, celles supérieures à 107 2. Notons que toutes les expériences présentées sur cette
figure sont réalisées avec des objets macroscopiques (des plaques, des nanosphères et des
disques) et qu’aucune expérience réalisée avec des atomes n’a encore atteint cette gamme de

1. On pourra trouver d’autres études ou mesures plus anciennes dans [26, 27, 28, 29].
2. Pour une portée de 1µm, 4 ordres de grandeurs ont été gagnés sur l’exclusion de α aux cours des dix

dernières années.
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(a) À grande distance. Tirée de [16].

[18]

[19]

[20]

[21]

[22]

ForCa-G à 1�m
[25]

[23]

[24]ForCa-G à 5�m

(b) À courte distance. Tirée de [17] et comprenant les mesures
de [18, 19, 20, 21, 22, 23, 24]. Nous avons ajouté [25] et les
contraintes que nous pourrons imposer avec notre capteur.

Figure I.1 – Limites sur la déviation à la loi de Newton. Les régions au dessus des lignes
continues correspondent aux amplitudes α de la déviation exclues par l’expérience pour une
portée d’interaction λ.

précision 3. La mesure de la gravitation à courte distance est donc très peu précise. Une des
raisons, au delà de la difficulté technique que peut représenter une mesure à cette échelle, est
l’existence d’une autre interaction qui domine largement pour de telles séparations. Il s’agit
dans le cas d’un atome proche d’une surface, du potentiel de Casimir-Polder.

I.1.2 Les potentiels de Casimir et de Casimir-Polder

La force de Casimir-Polder
En 1946, dans les laboratoires Philips aux Pays-Bas (le "NatLab" à Eindhoven), Evert

Verwey et Theodoor Overbeek développent une théorie pour expliquer la stabilité de suspen-
sions colloïdales dans laquelle les interactions attractives entre les particules sont entièrement
décrites comme des interactions de type van der Waals - London [33, 34] (la théorie DLVO
nommée d’après Derjaguin, Landau, Verwey et Overbeek). Mais ils se heurtent à un désaccord
entre cette théorie et leurs résultats expérimentaux. Leurs collègues Hendrik Casimir et Dirk
Polder incluent alors, en 1948, un retard à l’interaction de van der Waals - London pour des
distances grandes devant les longueurs d’onde correspondant aux transitions atomiques. Ils
dérivent ainsi le potentiel que l’on appelle maintenant le potentiel de Casimir-Polder entre un
atome et un plan parfaitement conducteur ou entre deux atomes [35].
s Entre une plaque et un atome :

UCP (z) = −3 ~ c α1
8π z4 (I.3)

Entre deux atomes :
UCP (z) = −23 ~ c α1α2

4π z7 (I.4)

où α1 et α2 sont les polarisabilités atomiques.
3. Des expériences de diffusions de neutrons ont toutefois permis les meilleures contraintes pour des portées

d’interactions nanométriques [30, 31, 32]
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CHAPITRE I. PRINCIPE ET HISTORIQUE DE L’EXPÉRIENCE

Une conversation avec Niels Bohr en 1947 [36] mène Casimir à une interprétation de cette
interaction retardée en termes d’énergie de point zéro qu’il présente en 1948 au "Colloque sur
la théorie de la liaison chimique" à Paris.

La force de Casimir
C’est avec cette interprétation qu’il décrit, la même année, l’attraction de deux plaques

parfaitement conductrices ; on parlera cette fois de l’effet Casimir [37]. La quantification du
champ électromagnétique conduit, en l’absence de photon, à ce qu’on appelle l’énergie de
point zéro :

Epz =
∑
~k

~ω~k
2 (I.5)

où l’on somme sur tous les modes du champ possibles, sur toutes les résonances de la cavité
dans le cas des deux plaques conductrices. Cette énergie est donc infinie et semble dépourvue de
sens physique. L’énergie d’interaction entre deux plaques séparées d’une distance z correspond
toutefois à la différence entres les énergies de point zéro à une distance infinie et à la distance
z.

U(z) = Epz(z)− Epz(∞) (I.6)

Le développement de ce calcul effectué dans [37] conduit au potentiel de Casimir (par unité
de surface) :

UC(z)
S

= − ~c π2

720 z3 (I.7)

L’effet Casimir est donc une manifestation remarquable du champ du vide et de ses fluc-
tuations. La cavité formée par les deux plaques sélectionne les modes du champ pouvant se
propager ; le nombre de photons virtuels du vide pouvant exister diminue donc lorsque les deux
plaques se rapprochent. L’énergie du vide diminue alors avec la distance entre les plaques et
ces dernières s’attirent.

En 1956, Evgeny Lifshitz développe une théorie pour l’interaction de van der Waals -
London adaptée au cas des solides [38]. Il s’agit en fait d’une généralisation de l’effet Casimir
à n’importe quel matériau. En 1961, Dzyaloshinskii, Lifshitz et Pitaevskii présentent une
théorie généralisée des forces de van der Waals qui comprend l’interaction de London et l’effet
Casimir et peut s’appliquer à différents matériaux et géométries [39].

Mesurer Casimir
En 1957, Marcus Sparnaay réalise au NatLab les premières mesures de forces attractives

entre deux plaques [40, 41]. Ses résultats sont en accord avec la théorie développée par Casimir
mais l’incertitude sur la mesure est alors de l’ordre de 100%.

L’effet Casimir-Lifshitz est mis en évidence pour la première fois en 1978 par van Blokland
et Overbeek [42] qui obtiennent un accord entre la mesure de l’attraction de deux objets
recouverts de chromium séparés de 132 à 670 nm et leur calcul de l’interaction basé sur la
théorie de Lifshitz.

Depuis, la force de Casimir a été mesurée dans de nombreuses expériences. En 1997, Steve
Lamoreaux utilise une balance de torsion et trouve un accord de l’ordre de 10% entre la théorie
et ses mesures de la force de Casimir entre une sphère et une plaque séparées de 0,6 à 6µm
[43, 44]. En 1998, Mohideen et Anushree Roy utilisent un microscope à force atomique et
trouvent, pour une même géométrie, un accord de l’ordre du %, à des distances de l’ordre de
la centaine de nm [45]. En 2001, Chan et al. mesurent, au même niveau de précision, la force
de Casimir avec un micro-système électromécanique (MEMS) [46]. La limitation sur la mesure
de la force de Casimir porte alors sur les corrections à apporter pour prendre en compte la
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I.1. LES FORCES À COURTE DISTANCE

rugosité des surfaces ou encore la conductivité finie des matériaux. En 2002, Bressi et al.
reprennent la géométrie originale de Casimir et trouvent un accord de 15% pour deux plaques
séparées de 0,5 à 3µm [47].

En 2009, Munday et al. montrent que pour une sphère en or séparée d’une plaque de silice
par une centaine de nm d’un fluide de bromobenzène, on obtient une force de Casimir-Lifshitz
répulsive, ce qui peut permettre de réduire les forces de friction dans des dispositifs micro-
mécaniques [48]. En 2010, Levin et al. réussissent à obtenir une force répulsive dans le vide
cette fois, en opposant une pièce métallique allongée à une plaque trouée en son centre [49].

Mesurer Casimir-Polder
Les premières mesures du potentiel de Casimir-Polder sont bien plus récentes. La première

date de 1993 où un jet de sodium traverse une cavité de 0,75 à 7,5µm formée par deux plans
en or [50]. L’interaction avec les surfaces dévie la trajectoire du jet et une mesure de la
transmission de ce jet permet de déduire la force de Casimir-Polder avec une incertitude
de 13%. Trois ans plus tard est réalisé un miroir à atome de 85Rb, en utilisant une onde
évanescente répulsive se propageant en surface d’un prisme diélectrique [51]. La réflexion
dépend de l’interaction avec la surface et permit une mesure du potentiel de van der Waals
pour une distance d’une cinquantaine de nm avec une incertitude de 30%. Dans les années
2000, plusieurs expériences s’appuient sur le phénomène de réflexion quantique pour mesurer
l’interaction de van der Waals - Casimir-Polder [52, 53, 54, 55]. La nature ondulatoire d’un
atome suffisamment lent provoque une réflexion qui une fois encore dépend de l’interaction
avec cette surface. Ces mesures présentent un accord qualitatif avec le modèle de Casimir-
Polder.

En 2005, l’équipe d’Eric Cornell réalise une mesure de l’interaction atome - surface à une
distance bien plus grande, allant de 6 à 9µm [56]. Suivant la proposition de [57], ils mesurent
la modification de la fréquence d’oscillation d’un condensat de Bose-Einstein de 87Rb en
fonction de la distance entre le condensat et une surface. Cette mesure donne seulement accès
au gradient de la force de Casimir-Polder. L’incertitude sur la mesure du déplacement en
fréquence est ici d’environ 10% avec une incertitude en position de l’ordre de la centaine de
nm. Deux ans plus tard la même équipe publie les premiers résultats concernant la dépendance
en température du substrat de la force de Casimir-Polder [58]. En 1999, le phénomène de
réflexion sélective permet une mesure spectroscopique de l’interaction de van der Waals entre
une vapeur de Cs et une surface de saphir [59]. Il est montré qu’un couplage résonnant entre les
atomes et un polariton de surface permet d’obtenir une interaction répulsive. En 2014, cette
même équipe s’intéresse également à la dépendance en température de ce type d’interaction
à une centaine de nm et montre qu’il est possible d’exacerber l’interaction en augmentant la
température.

Une des principales limitations pour la mesure de la force de Casimir-Polder, est la dé-
termination précise de la distance entre les atomes et la surface. L’utilisation d’un potentiel
périodique pour piéger les atomes, en utilisant par exemple un laser rétro-réfléchi sur la sur-
face en question, s’avère alors très utile pour connaître la distance atome-surface. Dimoupolos
et Geraci proposent par exemple de piéger un condensat dans une tel réseau vertical et de
mesurer la différence d’énergie entre deux puits du réseaux en utilisant les interférences spa-
tiales de l’onde atomique qu’avaient observées Anderson et Kasevich en 1998 [7, 60]. En 2005,
Carusotto et al. proposent quant à eux de mesurer cette différence en énergie en mesurant les
oscillations de Bloch dans l’espace des impulsions (par temps de vol) [61] comme ils l’avaient
fait l’année d’avant, loin de la surface, avec une précision relative de 10−4 [62]. En 2009, Sor-
rentino et al. réalisent une telle mesure de la fréquence de Bloch à une distance de 15µm de
la surface sans avoir la résolution nécessaire pour détecter la force de Casimir-Polder, encore
très faible à cette distance [63]. En 2009, Derevianko et al. proposent quant à eux de mesurer

5



CHAPITRE I. PRINCIPE ET HISTORIQUE DE L’EXPÉRIENCE

le décalage de la fréquence d’horloge d’atomes piégés dans un réseau. Ils prévoient, pour du
strontium, un décalage relatif de la fréquence allant de 10−16 à 10−10 pour des distances allant
de 8µm à 200 nm [64].

I.1.3 La mesure avec ForCa-G

ForCa-G s’inscrit dans cette lignée d’expériences où l’on mesure la différence d’énergie
entre des puits adjacents d’un potentiel périodique. Le principe, proposé en 2007 par Peter
Wolf et al. [65], consiste cette fois-ci à mesurer la différence d’énergie entre les puits par
interférométrie atomique en couplant de manière cohérente des états propres localisés dans
des puits adjacents. Nous détaillerons le principe de la mesure dans la suite de ce chapitre.
Cette méthode devrait permettre une précision inégalée de forces attractives exercées sur
l’atome à l’échelle du micromètre.

La figure I.2a présente la variation d’énergie entre deux puits adjacents du réseau vertical,
due aux trois interactions auxquelles sont soumis les atomes : la pesanteur, l’interaction new-
tonienne avec le miroir et la force de Casimir-Polder. La force de Casimir-Polder présentée
en bleu foncé sur cette figure est calculée dans le cas d’un conducteur parfait et l’attraction
gravitationnelle (en vert) est calculée sur l’axe d’un miroir ayant la masse volumique de la
silice. Plus on se rapproche du miroir plus la force de Casimir-Polder, en 1

z5 , domine. À une
distance de 1µm, elle est 9 ordres de grandeur plus grande que l’attraction gravitationnelle
exercée par le miroir. Il faut donc être extrêmement précis pour accéder à une déviation sur
cette dernière. Sur cette figure, nous avons présenté le calcul simplifié pour des atomes loca-
lisés au centre des puits de potentiels. La figure I.2b présente l’impact de la délocalisation de
la fonction d’onde pour une profondeur du réseau de 3Erec.

0.266 2.66 26.6

100 101 102
10-10

10-5

100

105

(a) Variation de l’incrément en énergie entre deux puits
adjacents en fonction de la distance au miroir.
Les valeurs de A. Maury sont tirés du tableau III.4 de [66].

(b) (Tiré de [67]) Déplacement en énergie du
au potentiel de CP au centre des puits (en
rouge) et intégré sur un état de WS (en noir).

Figure I.2 – Influence des forces à courtes distance sur les niveaux d’énergie.

Il faut ensuite un très bon modèle de l’interaction de Casimir-Polder pour distinguer
cette dernière, dans notre mesure, d’une éventuelle déviation à l’interaction Newtonienne. On
pourra se référer à la thèse d’Axel Maury [66] pour la modélisation de Casimir-Polder dans le
cadre de notre expérience, où la composition de notre miroir est prise en compte. Nous avons
représenté sur la figure I.2a quelques résultats de ses calculs tirés du tableau III.4 de [66]. On
constate que pour des distances supérieures au µm, l’approximation du conducteur parfait et
de l’atome localisé donne de bons ordres de grandeur.
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Une mesure différentielle avec les deux isotopes 87Rb et 85Rb est également envisagée pour
différencier ces deux interactions. En effet la polarisabilité des deux isotopes est la même 4

tandis que leurs masses diffèrent, ce qui permet d’annuler la force de CP grâce à une mesure
différentielle, au prix d’une perte d’un facteur 40 sur la sensibilité à la force gravitationnelle.

Notre précision de mesure de l’ordre du mHz (voir chapitre III) nous permettrait alors une
mesure de la force de Casimir-Polder avec une précision de l’ordre du pour cent à 5µm. Nous
devrions par ailleurs être capable de détecter une déviation à l’interaction gravitationnelle de
seulement 10 000 fois l’interaction Newtonienne.

I.2 Interférométrie atomique et capteurs inertiels

I.2.1 Les ondes de matière

L’interférométrie atomique repose sur la nature ondulatoire de la matière. C’est en 1923
que Louis de Broglie propose la dualité onde-corpuscule pour la matière [69, 70]. Celle-ci
est vérifiée en 1927 par l’expérience de diffraction d’électrons de Clinton Davisson et Lester
Germer [71]. Cette description ondulatoire de la matière ouvre de bien nouvelles perspectives
et permet d’appliquer les connaissances acquises en optique aux particules. C’est en 1953
qu’est réalisé le premier interféromètre à ondes de matière, de type Mach-Zehnder, à partir
d’un faisceau d’électrons [72, 73]. Mais il faut attendre encore une quarantaine d’années pour
voir apparaître les premiers interféromètres atomiques de ce type, la longueur d’onde de de
Broglie d’un atome étant, à une température donnée, bien plus petite que celle d’un électron.
Les progrès de la lithographie électronique ont toutefois permis la fabrication de structures
suffisamment fines pour diffracter les ondes atomiques. En 1991 deux équipes réalisent en
parallèle les premiers interféromètres atomiques utilisant des éléments matériels pour diffracter
les ondes de matière, l’une avec un jet de sodium et une géométrie de type Mach-Zehnder [74]
et l’autre avec un jet d’hélium traversant des fentes de Young [75].

La manipulation des atomes avec des rayonnements électromagnétiques a permis de pous-
ser l’interférométrie atomique beaucoup plus loin. Le refroidissement et le piégeage des atomes,
initiés dans les années 1980, permettent d’une part d’interroger les atomes pendant une durée
plus longue et d’autre part d’augmenter la longueur d’onde de de Broglie, rendant le caractère
ondulatoire de la matière plus marqué. Par ailleurs de nouvelles séparatrices sont réalisées.
Les ondes de matières peuvent également être diffractées par des réseaux optiques comme ce
fût réalisé en 1995 [76, 77].

Un troisième type de séparatrice peut être utilisé où l’on modifie à la fois l’état externe et
l’état interne de l’atome. C’est ce que propose Christian Bordé en 1989 [78]. Cette méthode
présente l’intérêt majeur de pouvoir mesurer la phase de l’interféromètre avec une mesure
portant sur l’état interne de l’atome. Le premier interféromètre utilisant ce type de séparatrice,
ainsi qu’une source atomique refroidie par laser, fut réalisé en 1991 par Marc Kasevich et
Steven Chu et utilisé comme capteur inertiel pour mesurer l’accélération du sodium due à la
gravité [79].

Parallèlement, la manipulation des états internes des atomes était initialement le domaine
de la résonance magnétique nucléaire (RMN). Isaac Isidor Rabi décrit en 1938 la mesure du
moment magnétique nucléaire en manipulant des molécules avec des champs magnétiques
radiofréquence [80]. Il propose en 1945 d’utiliser cette technique pour réaliser une horloge
atomique. Norman Ramsey présente en 1950 une méthode de mesure plus précise [81]. Cette
méthode consiste en fait à réaliser un interféromètre atomique où sont manipulés les états
internes de l’atome. On parle donc d’interféromètres de Ramsey.

4. Il existe toutefois une dépendance isotopique de la force Casimir-Polder mais cet effet est au moins 2
ordres de grandeur plus faible que notre précision expérimentale [68].
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Aujourd’hui, de nombreuses géométries d’interféromètre atomique existent, où l’on mani-
pule seulement les états internes comme dans les horloges, les états externes en utilisant la
diffraction de Bragg ou les deux en même temps en utilisant le plus souvent des transitions
Raman à deux photons.

I.2.2 Les transitions Raman à deux photons

Nous nous attardons un instant dans cette section sur la transition Raman à deux pho-
tons qui est un outil remarquable pour réaliser un capteur inertiel basé sur l’interférométrie
atomique. Un interféromètre atomique repose sur la superposition cohérente de deux états.
Si l’un de ces deux états a une durée de vie trop courte, la mesure est alors impossible. C’est
pourquoi la transition utilisée dans les horloges (on parle d’ailleurs de la transition d’horloge
d’un atome) relie toujours l’état fondamental de l’atome à un état de très longue durée de
vie (un autre sous niveau de l’état fondamental, un autre état électronique métastable). La
fréquence de cette transition d’horloge est de 6,835GHz pour le 87Rb (voir figure II.3). La
vitesse de recul correspondant à l’absorption d’un tel photon micro-onde par le Rb est de
~ kMW
mRb

= 1.10−7 m/s.
Pour réaliser un capteur inertiel, il faut séparer spatialement les deux bras de l’interféro-

mètre et donc modifier l’état externe de l’atome. Dans le cas de séparatrices lasers, on utilise
pour cela l’impulsion transmise par le photon absorbé par l’atome. L’impulsion transmise lors
de l’absorption d’un photon micro-onde de la transition d’horloge est trop faible. On choisit
alors des transitions optiques. La transition D2 du 87Rb par exemple correspond à une vitesse
de recul de ~ kD2

mRb
= 5, 8.10−3 m/s. Mais la durée de vie de l’état excité est de 26 ns seulement

(la largeur naturelle de la transition D2 vaut Γ = 2π.6,07MHz). On utilise alors des transitions
Raman à deux photons.

Raman 1 Raman 2

Figure I.3 – Transition Raman à deux photons.

La figure I.3 présente le principe de cette transition qui met en jeu trois niveaux d’énergie.
Les lasers nommés Raman 1 et 2 couplent respectivement les niveaux |1〉 ↔ |3〉 et |2〉 ↔ |3〉
avec des pulsations de Rabi Ω13 et Ω23 et des désaccords ∆ et ∆ + δ. La pulsation de Rabi
représentant le couplage entre les niveaux i et j par un champ d’amplitude E0 est définie
comme ~Ωij = 〈i| e~r. ~E0 |j〉. Pour un désaccord ∆ � δ,Γ (où Γ est la largeur naturelle du
niveau |3〉), on peut montrer [82, 83] que ce système est équivalent à un système à deux
niveaux couplés avec une pulsation de Rabi effective Ω12. On appellera ωR la différence de
fréquence entre les deux lasers Raman, ~kR le vecteur d’onde du champ effectif, et δ le désaccord
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à résonance. On a :

Ω12 = Ω13 Ω23
2∆

ωR = ω1 − ω2

δ = ωR − ω12

avec ω12 = ω0 + δ0

~kR = ~k1 − ~k2

(I.8)

où ω0 est la fréquence hyperfine entre les niveaux |1〉 et |2〉 dans le vide et où δ0 représente
la somme d’éventuels déplacements de fréquence différentiels (issus dans notre expérience de
déplacements lumineux différentiels provenant des lasers de piégeages, du champ magnétique
(effet Zeeman quadratique), du déplacement collisionnel ou d’éventuels potentiels parasites).
En utilisant les deux faisceaux Raman en configuration contra-propageante, on a alors un
nombre d’onde effectif kR = k1 + k2. La transition Raman à deux photons permet ainsi de
coupler les deux états de la transition d’horloge tout en imprimant une impulsion 105 fois plus
grande qu’avec un photon micro-onde (la vitesse de recul est d’environ 1,2 cm/s). On peut
ainsi coupler les états externes et internes d’un atome et réaliser un interféromètre à bras
spatialement séparés tout en mesurant l’état interne des atomes pour avoir accès à la phase
de l’interféromètre. On parle d’étiquetage par l’état interne [78].
L’Hamiltonien de ce système à deux niveaux en interaction avec le champ électromagnétique
des lasers Raman s’écrit :

H = Hat +HI

Hat = ~ω1 |1〉 〈1|+ ~ω2 |2〉 〈2|

HI = ~Ω12 cos
(
ωRt− ~kR~r

)
|1〉 〈2|+ h.c.

(I.9)

Avec la fonction d’onde correspondante :
|ψ(t)〉 = c1(t) |1〉+ c2(t) |2〉 (I.10)

On calcule l’évolution temporelle de la fonction d’onde en résolvant l’équation de Schrödinger :

i~
d
dt |ψ〉 = H |ψ〉S (I.11)

On obtient le système d’équations couplées :
iċ1(t) = ω1 c1(t) + Ω12 c2(t) cos

(
ωRt− ~kR~r

)
iċ2(t) = ω2 c2(t) + Ω∗12 c1(t) cos

(
ωRt− ~kR~r

) (I.12)

Ce problème est bien connu et sa résolution se trouve dans de nombreux travaux [82, 83,
84, 85, 86]. Dans le cas d’un état initial pur |ψ(t = 0)〉 = |1〉, l’évolution des populations en
présence du champ Raman s’écrit :

|c1(t)|2 = 1− Ω12
2

Ω12
2 + δ2 sin2

(√
Ω12

2 + δ2 τ

2

)
|c2(t)|2 = Ω12

2

Ω12
2 + δ2 sin2

(√
Ω12

2 + δ2 τ

2

) (I.13)

Dans la plupart des capteurs inertiels à atomes froids reposant sur la transition Raman à
deux photons, les atomes sont en chute libre. L’impulsion acquise par l’état excité permet la
séparation des bras de l’interféromètre pendant l’évolution libre. Ici la situation est différente
puisque les atomes sont piégés dans un réseau optique. Nous décrirons dans la suite le principe
de notre expérience et comment ce type de transition permet dans notre cas de coupler des
états spatialement séparés.
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I.3 Principe de l’expérience
Nous développerons dans cette section le principe théorique de l’expérience ForCa-G.

Après différentes étapes de préparation décrites dans le chapitre II, les atomes sont piégés
dans un potentiel périodique vertical puis des mesures d’interférométrie atomique permettent
de mesurer la différence d’énergie entre des états spatialement séparés dans le réseau, que
ce soit loin ou proche de la surface de rétro-réflexion du laser de piégeage. Nous décrirons
donc ici les états propres de ce potentiel périodique, le couplage entre ces états propres et les
géométries d’interféromètres utilisées.

I.3.1 Le réseau optique vertical

Potentiel dipolaire périodique
Un atome plongé dans un champ électromagnétique acquiert un moment dipolaire induit.

L’énergie potentielle électrique est alors proportionnelle à l’intensité I du champ et peut
s’écrire :

Vdipole = −Re(α)I
2ε0c

(I.14)

où α est la polarisabilité complexe de l’atome, ε0 la permittivité du vide et c la vitesse de la
lumière dans le vide.

Le potentiel considéré ici est celui d’un réseau optique créé en rétro-réfléchissant un laser
de longueur d’onde λlat = 532nm. Les atomes sont donc confinés dans un potentiel périodique
de la forme :

Vlat(z) = Ulat
2 [1− cos(2klatz)] (I.15)

où Ulat est la profondeur du réseau exprimée équation I.17.
Aux grands désaccords, sans prendre en compte la structure hyperfine, le déplacement en

énergie d’un état |f〉 d’énergie Ef , induit par un laser de pulsation ω (on parle de déplacement
lumineux) peut s’écrire [87, 88] :

∆Ef = 3πc2I

2
∑
i 6=f

Aif
ωif 3

(
1

ωif − ω
+ 1
ωif + ω

)
(I.16)

où les Aif et les ωif sont les coefficients d’Einstein et les pulsations des transitions |f〉 → |i〉.
La profondeur du réseau pour un atome de 87Rb dans l’état fondamental |f〉 =

∣∣∣52S1/2
〉

s’écrit donc (en notant Ai ≡ Aif et ωi ≡ ωif ) :

Ulat =
∣∣∣∣∣3πc2I0

2
∑
i

Ai
ω3
i

( 1
ωi − ω

+ 1
ωi + ω

)∣∣∣∣∣ (I.17)

où I0 est l’intensité au niveau d’un ventre du réseau. Les Ai et ωi pour les huit transitions
les plus fortes peuvent être trouvées dans [89, 87]. Nous pouvons remarquer ici que pour un
laser à 532 nm (ou à 515 nm), en ne prenant en compte que les deux principales transitions
D1 et D2 du 87Rb, nous commettons une erreur de seulement 1,27% (respectivement 1,6%).
Pour un faisceau gaussien à 532 nm, rétro-réfléchi, de waist w0 = 500µm et une puissance
maximale de P = 6W correspondant à une intensité au centre d’un ventre du réseau de
I0 = 4P

πw2
0
≈ 3.107 W/m2, on trouve une profondeur maximale :

Umaxlat ≈ 9 Erec (I.18)

où Erec = ~2k2
lat

2mRb
est l’énergie de recul d’un photon du réseau.
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I.3. PRINCIPE DE L’EXPÉRIENCE

Les états de Bloch et de Wannier
L’Hamiltonien du système pour nos atomes confinés dans ce potentiel périodique s’écrit :

Ĥ = p̂2

2mRb
+ V̂lat

= p̂2

2mRb
+ Ulat

2 [1− cos(2klatẑ)]
(I.19)

Les fonctions propres et valeurs propres de cet Hamiltonien périodique sont bien connues
[90, 91, 92], il s’agit des fonctions d’onde de Bloch :

ψn,q(z) = un,q(z) eiqz (I.20)

où un,q(z) est une fonction périodique de même périodicité que Vlat(z) et qui est aussi in-
variante par translation dans l’espace réciproque q → q + 2k avec q la quasi-impulsion. À
partir de l’équation au valeurs propres Ĥψn,q(z) = εn(q)ψn,q(z), on obtient une équation sur
un,q(z) :

Ĥqun,q(z) = εn(q)un,q(z)

avec Ĥq = (p̂+ ~q)2

2m + V (ẑ)
(I.21)

où εn(q + 2k) = εn(q) puisque un,(q+2k)(z) = un,q(z). On limite donc q à la première zone
de Brillouin (PZB) [−k; k]. On a donc des états propres |ψn,q〉 d’énergies propres εn(q). Pour
chaque indice n, εn(q) forme une bande d’énergie, la nème bande de Bloch.

Une autre base peut être introduite, celle des fonctions de Wannier |Φn,m〉 [93], localisées
au niveau des minima du potentiel z = l λ2 (nous parlerons par la suite des puits de potentiel
d’indice l), pour la bande de Bloch n :

Φn,l(z) =
√

1
2klat

∫ klat

−klat
ψn,q(z) e−iql

λ
2 dq (I.22)

On remarque l’équivalence d’un site à l’autre :

Φn,l+∆l(z) = Φn,l(z −∆l × λ

2 ) (I.23)

Les énergies, dégénérées en l, correspondent à l’énergie moyenne de la nème bande de Bloch
et s’écrivent (à partir de I.22) :

ε̄n =
∫ klat
−klat εn(q)ψn,q(z) dq∫ klat
−klat ψn,q(z) dq

(I.24)

Les états de Wannier-Stark (WS)
Notre réseau est vertical, il faut donc ajouter à notre Hamiltonien le potentiel de pesanteur :

ĤWS = p̂2

2mRb
+ Ulat

2 [1− cos(2klatẑ)]−mRbgẑ (I.25)

où g est l’accélération de la pesanteur.
Cet Hamiltonien n’est plus invariant par translation et les états de Bloch ne sont plus des
états propres.

Ce problème est en fait étudié depuis le début du XXème siècle puisqu’il peut être apparenté
à la physique d’un électron dans un solide. Dès 1929, Félix Bloch analyse le problème analogue

11



CHAPITRE I. PRINCIPE ET HISTORIQUE DE L’EXPÉRIENCE

d’un électron dans un potentiel périodique cristallin soumis à un champ électrique uniforme,
et établit que le mouvement de l’électron est un mouvement oscillant, auquel ce physicien a
laissé son nom : on parle d’oscillations de Bloch [90]. En 1960, Gregory Wannier décrit les états
propres d’un tel Hamiltonien comme des états d’énergie discrets en utilisant un modèle avec
une seule bande de Bloch [94]. Une longue controverse s’ensuivit (qui débuta en un échange
assez frontal entre Zak et Wannier [95, 96, 97]) découlant principalement de la validité de
cette dernière hypothèse. Il existe un effet tunnel entre les différentes bandes de Bloch qui
dépend de la profondeur du réseau et de l’intensité du champ constant, un atome peut passer
d’une bande à l’autre par effet Landau-Zener (décrit la même année 1932 par Landau et
Zener [98, 99]). Wannier, dans son modèle à une bande, n’a pas pris ce couplage en compte.
L’effet tunnel entre les bandes de Bloch pour un électron dans un solide est suffisament petit,
même en présence d’un champ fort, pour pouvoir prévoir l’existence de l’échelle d’énergie
de Wannier-Stark et des oscillations de Bloch comme expliqué dans [100] où quelques points
clés de la controverse sont rappelés et où l’utilisation d’un potentiel vecteur permet de faire
apparaître un Hamiltonien à nouveau périodique, dépendant du temps. En 1972, Koss et
Lambert expliquent leurs résultats d’absorption dans de l’arséniure de gallium avec la théorie
de Callaway [101] qui s’appuie sur l’existence de niveaux discrets [102]. En 1988, l’existence
de cette échelle d’énergie de Wannier-Stark est mise en évidence dans un super-réseau semi-
conducteur [103].

Dans notre cas où le potentiel périodique est un réseau de quelques Erec de profondeur
et où le champ constant est la pesanteur, nous pouvons d’une part tout à fait négliger l’effet
tunnel entre la première bande et les bandes supérieures (la largeur de raie calculée avec la
formule de Landau-Zener est inférieure à 10−10 Erec pour une profondeur supérieure à 2Erec
[104]), et d’autre part les atomes, aux faibles profondeurs, ne sont pas piégés dans les bandes
excitées (temps de vie de 10ms à 3Erec [16]). On restreint donc le problème à la première
bande de Bloch et on décrit le système à l’aide des états de Wannier-Stark |WSl〉, localisés
au niveau du puits de potentiel d’indice l. Ce sont donc des états métastables (la formule de
Landau-Zener donne un temps de vie supérieur à 105 s au delà de 2Erec [104]) et on parle
de pseudo-états propres. Les énergies propres correspondantes forment l’échelle linéaire de
Wannier-Stark :

El = ε̄+ l ×mRb g
λlat
2

= ε̄+ l × h νB

(I.26)

où ε̄ = ε̄1, définie équation I.24, est l’énergie moyenne de la première bande de Bloch intégrée
sur la première zone de Brillouin, et où l’on a introduit la fréquence de Bloch :

νB = 1
h
mRb g

λlat
2

≈ 568.5 Hz
(I.27)

On a donc, entre deux états centrés sur des puits adjacents, un écart en énergie de hνB
correspondant à l’incrément en énergie potentielle de pesanteur. Cette échelle de Wannier-
Stark est représentée sur la figure I.4. Les deux états internes |1〉 ≡ |F = 1,mF = 0〉 et
|2〉 ≡ |F = 2,mF = 0〉 du 87Rb sont également représentés, séparés de la fréquence d’horloge
ν0. Les couplages indiqués Ω∆l pour les transitions |WSl, 1〉 → |WSl+∆l, 2〉 sont exprimés dans
la section suivante.

Pour des profondeurs de réseaux supérieures à 10Erec, un état |WSl〉 est bien localisé
au niveau du puits de potentiel d’indice l. Pour des profondeurs plus faibles, il garde la
même position moyenne mais il se délocalise sur plusieurs puits. Deux densités de probabilité
|WSl(z)|2 sont représentées sur la figure I.5 pour deux profondeurs du réseau : à 9Erec (à
gauche), la fonction d’onde est peu délocalisée et à 1,9Erec (à droite), qui est la profondeur
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Figure I.4 – Échelle d’énergie des états Wannier-Stark. Deux états localisés dans des puits
adjacents sont séparés par la fréquence de Bloch νB (qui correspond à l’incrément en énergie
potentielle de pesanteur). Les deux états internes |1〉 et |2〉, séparés de la fréquence d’horloge
ν0, suivent cette échelle de WS. Les couplages Ω∆l entre des états séparés de ∆l puits sont
aussi représentés.
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Figure I.5 – Densité de probabilité |WS0(z)|2 d’un état de Wannier-Stark centré sur le puits
de potentiel l = 0. À gauche : pour une profondeur du réseau de 9Erec – À droite : pour une
profondeur de 1,9Erec.

utilisée chapitre III, la fonction d’onde s’étale sur une douzaine de puits. Ces états sont calculés
en diagonalisant numériquement l’Hamiltonien I.25.

Une étude plus détaillée de ces pseudo-états propres de Wannier-Stark dans l’expérience
ForCa-G, de leur temps de vie et du couplage Landau-Zener avec les bandes excitées peut
être trouvée dans [104].

I.3.2 Couplage entre états de Wannier-Stark

Pour coupler entre eux différents états de Wannier-Stark, nous réalisons les transitions
Raman à deux photons décrites section I.2.2. Celles-ci couplent en effet à la fois les états
internes |1〉 et |2〉 et les états externes |WSl〉. Nous réalisons ainsi des transitions |WSl〉⊗|1〉 →
|WSl+∆l〉 ⊗ |2〉 qui permettent un étiquetage des états de Wannier-Stark avec l’état interne
qui est détecté par fluorescence. Ces transitions sont représentées sur la figure I.4 pour ∆l

compris entre -2 et 2. Nous allons maintenant exprimer ce couplage Raman entre états de
Wannier-Stark.
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Un état atomique peut se décomposer sur la base des états propres, internes et externes :

|ψ〉 =
∑
l,j

cl,j e
−i(ωj+l ωB)t |WSl〉 ⊗ |j〉 (I.28)

où les coefficients cl,j sont les amplitudes de probabilités, ωB est la pulsation de Bloch et
ωj = Ej

~ , avec Ej l’énergie interne de l’état |j〉.
En appliquant à cette fonction d’onde l’équation de Schrödinger I.11 en utilisant l’Ha-

miltonien d’interaction avec le champ Raman HI (voir équation I.9), on obtient le système
d’équations couplées suivant :


iċl,1(t) = Ω12

∑
l′

〈WSl| cos(ωRt− kRz) |WSl′〉 cl′,2(t) e−i(ω0+(l′−l)ωB)t

iċl,2(t) = Ω12
∑
l′

〈WSl| cos(ωRt− kRz) |WSl′〉 cl′,1(t) ei(ω0−(l′−l)ωB)t (I.29)

où ω0 = ω2 − ω1 est la pulsation d’horloge. Comme nous le verrons plus bas, nous couplons
des états séparés de moins de 10 puits et on a donc (l′ − l)ωB � ω0. On peut donc appliquer
l’approximation usuelle du champ tournant en décomposant le cosinus en exponentielles. On
obtient alors : 

iċl,1(t) =
∑
∆l

Ω∆l
2 cl+∆l,2(t) eiδ∆lt

iċl,2(t) =
∑
∆l

Ω∗∆l
2 cl+∆l,1(t) e−iδ−∆lt

(I.30)

où δ∆l = ωR − ω0 − ∆l ωB est le désaccord des lasers Raman et où l’on a écrit le couplage
entre deux états de WS séparés de ∆l puits :

Ω∆l = Ω12 〈WSl| e−ikRz |WSl+∆l〉 (I.31)

C’est ce terme de couplage qui impose dans notre cas le choix de la configuration contra-
propageante pour les lasers Raman. En effet, dans le cas co-propageant où kcoR = kMW , les
états propres étant orthogonaux, le couplage est quasi nul.

La figure I.6 présente le couplage normalisé Ω∆l
Ω12

pour des séparations allant de 0 à 3 puits.
Ce couplage est calculé en appliquant l’équation I.31 aux états |WSl〉 calculés en diagonalisant
numériquement l’Hamiltonien I.25 (voir figure I.5). On observe une évolution non monotone
du couplage en fonction de la profondeur. Pour chaque transition entre des états séparés de ∆l
puits, on ajustera la profondeur du réseau pour optimiser le couplage. Ainsi, si on se place à
un maximum du couplage, celui-ci devient insensible aux fluctuations de profondeur. Ceci est
indispensable pour la stabilité de nos mesures (voir section III.4.6). Cette courbe peut aussi
être utilisée pour calibrer la profondeur du réseau, en comparant les couplages pour différentes
séparations ∆l. On pourra se référer à la figure 3.11 de [105] ou bien à la figure 8 de [106]
pour une mesure du couplage en fonction de la profondeur du réseau pour ∆l allant de 1 à 4.

Nous avons maintenant les outils pour manipuler des états spatialement séparés. Notre
capteur inertiel repose sur la mesure interférométrique des différences énergétiques entre ces
états. Nous mesurons ainsi le gradient de potentiel dans la direction verticale du réseau. Nous
décrirons dans la prochaine section la méthode mise en œuvre pour réaliser cette mesure.
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Figure I.6 – Pulsation de Rabi normalisée Ω∆l
Ω12

pour un couplage entre des états de Wannier-
Stark séparés de ∆l puits, en fonction de la profondeur du réseau (avec λlat =532 nm et
λR =780nm).

I.3.3 Principe de la mesure et géométries d’interféromètre

Nous disposons donc de séparatrices lasers qui permettent d’obtenir une superposition
d’états internes (deux sous-niveaux hyperfins) et d’états externes (deux états de Wannier-
Stark). Après un temps d’évolution libre T , une seconde impulsion laser permet de recombiner
ces états. Nous avons ainsi réalisé un interféromètre de Ramsey. La phase de l’interféromètre,
déterminée à partir des populations finales, dépend de la différence en énergie entre nos deux
états. C’est le principe général de notre mesure. Après quelques rappels sur l’interférométrie de
Ramsey, nous décrirons dans cette section les différentes géométries d’interféromètres utilisées
sur l’expérience.

La phase d’un interféromètre de Ramsey
La probabilité de transition en sortie d’un interféromètre de Ramsey fut bien entendu

dérivée pour la première fois par Ramsey dans son article de 1950 [81]. Un développement
plus récent, pour le cas de séparatrices lasers utilisant des transitions à deux photons, fut
publié en 1992 par Moler et. al [82]. Avec nos notations, la probabilité de transition en sortie
de l’interféromètre s’écrit :

P (δ, τ, T ) = 4Ω12
2

Ω2
R

sin2(ΩR τ

2 )
[
cos
(ΩR τ

2

)
cos
(
δ T

2

)
+ δR − δ

ΩR
sin
(ΩR τ

2

)
sin
(
δ T

2

)]2

(I.32)
où τ est la durée des impulsions Raman, T est la durée séparant les deux impulsions, δ =
ωR − ω0 − δ0 est le désaccord Raman (voir equation I.8), δR = Ω2

13−Ω2
23

4∆ est le déplacement
lumineux différentiel (DLD) induit par les Raman et où l’on a défini ΩR =

√
Ω12

2 + (δR − δ)2.
La figure I.7 présente un exemple de franges de Ramsey, calculées avec la formule I.32, avec
un DLD Raman nul et dans le cas d’impulsions Raman π

2 qui maximisent le contraste à
résonance, c’est à dire pour Ω12 τ = π

2 .
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Figure I.7 – Franges de Ramsey pour des impulsions Raman π
2 et avec une durée d’interfé-

romètre T = 5 τ .

Pour des impulsions Raman π
2 et dans la limite des faibles désaccords, quand δ, δR � Ω12,

la probabilité de transition I.32 devient à l’ordre 0 en δ
Ω12

:

Pτ=π
2
(δ, T ) = cos2(δ T2 ) = 1

2 + 1
2 cos(δ T ) (I.33)

Pour prendre en compte la phase accumulée pendant les impulsions Raman, on définit le
temps de Ramsey effectif TR en intégrant la fonction de sensibilité [83] sur la durée totale
de l’interféromètre. On trouve TR = T + 4τ

π . On définit la phase de l’interféromètre comme
∆φ = δ TR et on écrit alors :

Pτ=π
2
(δ, T ) = 1

2 + 1
2 cos(∆φ) (I.34)

Nous comparons sur la figure I.8 les interférogrammes calculés dans le cas d’impulsions π
2 ,

à partir de I.32, I.33 et I.34 pour une durée d’interféromètre T = 10 τ . Plus on s’éloigne de
la frange centrale, plus l’estimation de la phase de l’interféromètre ∆φ avec l’approximation
I.33 ou I.34, comporte une erreur importante. La position de la frange centrale quant à elle
demeure inchangée. Nous détaillons plus bas notre méthode de mesure de cette fréquence
centrale.
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Figure I.8 – Franges de Ramsey calculées avec les équations I.32, I.33 et I.34 pour une durée
d’interféromètre T = 10 τ .
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Nous n’avons évoqué pour l’instant que le cas d’un unique interféromètre. La mesure porte
cependant sur toute une distribution atomique. Il existe des inhomogénéités spatiales et le
déplacement en fréquence δ0 ainsi que le couplage varient pour chaque atome. Ceci entraîne un
brouillage des franges et une réduction du contraste de l’interférogramme moyen. La figure I.9
présente quelques exemples d’inhomogénéités et leurs influences sur le contraste. La probabilité
de transition y est calculée avec la formule I.32 en moyennant sur une distribution normale
pour le déplacement en fréquence δ0.
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Figure I.9 – Influence des inhomogénéités du déplacement en fréquence sur le contraste de
l’interféromètre de Ramsey.

On écrira généralement la probabilité de transition moyenne mesurée :

P (Φ) = Offset + C

2 cos(Φ) (I.35)

où l’on a noté Φ = δ̄ TR la phase de l’interféromètre, avec δ̄ = ωR − ω0 − δ̄0 le désaccord
moyen. Le contraste ou l’offset dépendent des inhomogénéités de δ ainsi que du couplage et
de ses inhomogénéités.

Mesure de la phase Pour mesurer la phase de l’interféromètre on se place tout d’abord au
niveau de la frange centrale. Il suffit, pour l’identifier, de tracer différents interférogrammes de
durées différentes car l’inter-frange est alors modifiée et seule la position de la frange centrale
reste inchangée. (Toutefois, l’influence du DLD Raman sur la position de la frange centrale
diminue avec la durée de l’interféromètre, on tâchera donc de comparer des interférogrammes
où τ � T et où la fréquence centrale n’est pas modifiée par le DLD Raman). Ensuite, on
mesure alternativement la probabilité de transition à mi-frange, sur les flancs droit et gauche
de cette frange centrale à des fréquences Raman que l’on appellera ω+ et ω− (voir figure I.10).
On réalise la mesure à mi-frange, là où la sensibilité est maximale (voir section III.2.1). Lorsque
la différence δP entre ces deux mesures est nulle, la moyenne ω̄ est égale à la fréquence centrale
ωc. δP sert alors de signal d’erreur pour asservir les fréquences Raman ω+ et ω− de sorte que
δω = ωc − ω̄ = 0. On a alors mesuré la différence moyenne d’énergie entre les deux états de
l’interféromètre : ∆E = ~ωc = ~ ω+

R+ω−R
2 .

Les différents types d’interféromètre
Nous allons maintenant décrire les différents interféromètres utilisés dans l’expérience,

qui en fonction de leur géométrie, mettent en jeu différents états internes et externes. Nous
présenterons à chaque fois les niveaux d’énergie mis en jeu ainsi que la phase de l’interféromètre
de l’équation I.35.
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Figure I.10 – Mesure de la phase en asservissant la fréquence centrale.

Horloge L’interféromètre le plus simple que nous réalisons est une horloge piégée : nous
interrogeons la transition d’horloge de fréquence νHFS entre les deux états internes d’un atome
à l’aide d’impulsions micro-ondes (MW) qui ne couplent pas les états externes. La phase de
cet interféromètre s’écrit :

Φclock = 2π × (νMW − νHFS)× T (I.36)

où T est la durée de l’interféromètre.

La figure I.11a présente la séquence d’impulsions utilisée pour réaliser cet interféromètre
ainsi que les niveaux d’énergie mis en jeu. La même horloge peut évidemment être réalisée
avec des impulsions Raman. Sa version symétrisée est représentée sur la figure I.11b. La
phase de l’interféromètre est alors indépendante des niveaux d’énergie mis en jeu et il faudra
balayer la phase d’une impulsion laser pour observer des franges. Nous utiliserons ce type
d’interféromètre (qui ne mesure ni la fréquence d’horloge ni aucune force) pour notre étude
des bruits au chapitre III.
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(b) Horloge symmétrisée

Figure I.11 – Interféromètre de type horloge de Ramsey : séquence d’impulsions et niveaux
d’énergie mis en jeux.
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Interféromètre Ramsey-Raman (RR) En réalisant des transitions Raman, nous pou-
vons réaliser un interféromètre à bras spatialement séparés. On est ainsi sensible au gradient
vertical de potentiel. Les deux états mis en jeux sont séparés de la fréquence d’horloge plus
un multiple de la fréquence de Bloch et la phase de l’interféromètre s’écrit :

ΦRR(∆l) = 2π × (νR − νHFS −∆l νB)× T (I.37)
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Figure I.12 – Interféromètre Ramsey-Raman (RR) : séquence d’impulsions et niveaux d’éner-
gie mis en jeux.

Interféromètres Ramsey-Raman symétrique (RRS) Une des limitations à la sensi-
bilité de la mesure interférométrique est l’amortissement du contraste (voir chapitre III).
L’une des causes de cet amortissement est un déphasage inhomogène : pour chaque atome, la
phase de l’interféromètre varie légèrement car il est soumis à un environnement différent. Ce
déphasage inhomogène peut être compensé par la symétrisation de l’interféromètre. Celle-ci
est similaire à la technique de l’écho de spin, bien connu en résonance magnétique nucléaire
(RMN) [107]. Nous l’implémentons ici en ajoutant des impulsions MW, aux temps T

4 et 3T
4 ,

comme représenté sur la figure I.13. Les atomes passent alors autant de temps dans les deux
états internes. La phase de l’interféromètre ne dépend donc plus de la fréquence νHFS et on
devient ainsi insensible aux inhomogénéités de la fréquence d’horloge (due par exemple à une
inhomogénéité de déplacement lumineux différentiel) :

ΦRRS(∆l) = 2π × (νR − νMW −∆l νB)× T (I.38)
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Figure I.13 – Interféromètre Ramsey-Raman Symétrique (RRS) : séquence d’impulsions et
niveaux d’énergie mis en jeux.. Une dernière géométrie visant à augmenter la séparation entre les bras de l’interféromètre
et que nous nommons interféromètre multi-π sera détaillé section III.6.
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I.4 Historique de l’expérience et résultats préliminaires

I.4.1 Spectroscopie des états de Wannier-Stark

En 2011 sont publiés les premiers résultats de spectroscopie des états de Wanniers-Stark sur
ForCa-G [108]. Deux spectres réalisés à deux profondeurs différentes du réseau sont présentés
sur la figure I.14. On peut y voir les transitions entre états de Wannier-Stark séparés de ∆l

allant de -9 à 9 puits. Les pics sont bien espacés de 569Hz (voir équation I.27). La durée
de l’impulsion Raman τ = 10ms est inférieure à la durée d’une impulsion π pour toutes les
transitions. L’amplitude des pics augmente donc avec le couplage donné par l’équation I.31.
L’amplitude relative entre les différents pics permet alors de déterminer la profondeur du
réseau à l’aide de la figure I.6 : en haut 1, 6 Erec et en bas 3, 9 Erec.
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Figure I.14 – Tirée de [108]. Spectres Raman pour deux profondeurs du réseau : en haut
1, 6 Erec et en bas 3, 9 Erec.

I.4.2 Faisceau de compensation du déplacement lumineux différentiel

Les lasers de piégeages induisent un déplacement lumineux différentiel (DLD). La princi-
pale source de DLD est le laser de confinement transverse (voir section II.4.4) qui induit un
DLD négatif. Comme nous l’avons évoqué plus haut (voir section I.3.3), les inhomogénéités
de déplacement en fréquence induisent une perte de cohérence de l’ensemble atomique et une
chute du contraste. Un faisceau de compensation fut alors mis en place pour compenser ce
DLD et ses inhomogénéités. Le mode de ce faisceau est soigneusement superposé à celui du
confinement transverse. Pour que le DLD induit soit positif, le laser de compensation est
désaccordé dans le rouge pour la transition

∣∣∣5S1/2, F = 1
〉
→
∣∣∣5P3/2

〉
et dans le bleu pour∣∣∣5S1/2, F = 2

〉
→
∣∣∣5P3/2

〉
. La figure I.15a présente le gain sur le contraste de cette compensa-

tion. Une puissance de quelques dizaines de nW permettait alors de compenser un DLD moyen
de -4Hz. Les inhomogénéités du DLD se traduisent aussi par un élargissement des raies. La
figure I.15b présente la mesure de la largeur de raie à mi-hauteur en fonction de la durée de
l’interféromètre, pour des transitions Raman ou micro-onde (MW).

L’utilisation de la géométrie symétrisée de l’interféromètre (voir figure I.13) est une mé-
thode plus simple pour lutter contre les déphasages inhomogènes et nous n’utilisons plus ce
faisceau de compensation.
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Figure I.15 – Effet du faisceau de compensation du déplacement lumineux différentiel.

I.4.3 Temps de vie dans la première bande excitée

Lorsque nous avons défini la base des états propres de Wannier-Stark section I.3.1, nous
nous sommes restreints à la bande fondamentale du réseau (la première bande de Bloch) en
argumentant que le temps de vie dans les bandes excitées était suffisamment faible devant les
échelles de temps de l’expérience. Ce temps de vie fut étudié dans [106] ainsi que dans la thèse
de Bruno Pelle [16]. Sur la figure I.16a, on peut voir un spectre Raman avec des désaccords
allant jusqu’à quelques dizaines de kHz. La très large raie que l’on observe entre 10 et 50 kHz
correspond à la transition depuis la bande fondamentale vers la première bande excitée. On
peut calculer qu’à une profondeur de 4Erec, la différence de fréquence entre les deux premières
bandes est d’environ 25 kHz. D’autre part l’état de Wannier-Stark dans la bande excitée est
bien plus délocalisé et s’étale sur une trentaine de puits (voir figure I.16b). On pourra donc
réaliser un couplage vers la bande excitée avec des séparations spatiales allant jusqu’à environ
± 30 puits soit ± ∼ 15 kHz, d’où la largeur de cette raie. L’asymétrie du spectre, autrement
dit l’absence de raie à -25 kHz, montre que la bande excitée n’est pas peuplée.

Sur la figure I.16c est présenté le temps de vie dans cette bande excitée. On commence
par transférer 60% des atomes, avec un désaccord Raman de 30 kHz, depuis la bande fonda-
mentale et l’état interne |F = 1〉 vers la bande excitée et l’état interne |F = 2〉. On a réalisé
un étiquetage par l’état interne, détecté par fluorescence. Le nombre d’atomes est mesuré en
fonction du temps de piégeage et un ajustement par une décroissance exponentielle permet
d’extraire le temps de vie de 16ms à une profondeur de 4Erec. Le temps de vie dans la bande
excitée calculé dans la thèse de Sophie Pélisson [104] à partir du taux de perte Landau-Zener
est de l’ordre de 5ms. On attendra toujours une centaine de ms de piégeage dans le réseau
avant de commencer nos interféromètres.

I.4.4 Niveaux vibrationnels transverses

Si les faisceaux Raman et le laser de confinement transverse ne sont pas parfaitement
alignés, les transitions Raman peuvent coupler entre eux les différents états vibrationnels
du confinement transverse. La figure I.17a présente un spectre de ces niveaux transverses.
Le couplage entre les niveaux vibrationnels disparaît en ajustant l’alignement des faisceaux
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(c) Tirée de [106]. Temps de vie
dans la première bande excitée
du réseau à 4Erec : l’ajustement
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Figure I.16 – Première bande excitée du réseau.

Raman. La figure I.17b montre la même mesure réalisée plus récemment lors du remontage
de l’expérience (voir section II.8). Une mesure du déplacement lumineux différentiel nous
indique un waist d’environ 300µm. Pour des puissances de 0,7W et 1W, la fréquence radiale
du piège vaut alors, dans le cadre de l’approximation harmonique, respectivement 9Hz et
11Hz. On mesure 7 et 10Hz (figure I.17b). On peut sans doute expliquer cette différence par
la non validité de l’approximation harmonique, le confinement transverse étant ici relativement
faible (voir section III.2.2).
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(a) Tirée de [106]. Spectre Raman pour la transi-
tion ∆l = 3puits pour des faisceaux Raman alignés
(courbe pointillée) ou désalignés (courbe continue).
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(b) Spectre Raman pour la transition ∆l = 6puits,
pour deux puissances du laser de confinement
transverse avant son alignement fin.

Figure I.17 – Niveaux vibrationnels transverses

I.4.5 Interféromètres de Ramsey avec des états de Wannier-Stark

En 2013 est démontrée la première mesure interférométrique de précision avec les états
de Wannier-Stark [109]. La figure I.18 présente les résultats obtenus avec un interféromètre
Ramsey-Raman (voir figure I.12) à une profondeur de 3, 9 Erec. L’enveloppe correspond au
spectre de la figure I.14. L’encart de la figure nous permet de distinguer les franges de Ramsey.

Une étude de la sensibilité ainsi que de l’exactitude est réalisée. Une première mesure
est réalisée avec un interféromètre RR en calculant la demi-différence entre les transitions
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Figure I.18 – Tirée de [109]. Franges de Ramsey pour une profondeur du réseau de 3, 9 Erec
avec des durées d’impulsion τR = 5ms et un temps de Ramsey T = 100ms. L’encart est un
agrandissement des franges pour la transition ∆l = 3puits.

∆l = ±7 et la meilleure sensibilité relative à 1 s obtenue est alors de 2,1.10−5. Une seconde
géométrie, appelée interféromètre accordéon, permettant une symétrisation afin de rejeter les
effets d’horloges indésirables est évaluée (voir figure I.19).

Tout comme le RRS (voir I.13), cet interféromètre n’est sensible qu’au gradient de poten-
tiel vertical. À cause de l’imperfection des impulsions Raman, cette géométrie comprend des
interféromètres parasites qui limitent le contraste. C’est pourquoi nous lui préférons main-
tenant la géométrie RRS. La meilleure sensibilité relative à 1 s obtenue à l’époque avec cet
interféromètre était de 9,1.10−6.
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(b) Franges typiques obtenues. τ = 140ms et
T = 65ms.

Figure I.19 – Tirée de [109]. Interféromètre "accordéon".

I.4.6 Interféromètre multi-ondes

Une autre géométrie fut réalisée en 2013, appelée interféromètre multi-ondes [110]. La
séquence expérimentale est représentée sur la figure I.20a : une première impulsion Raman
courte (de 200µs) et donc spectralement large (plusieurs νB) transfère un état de WS initial
vers une superposition cohérente d’états de WS, puis une impulsion d’un faisceau pousseur (le
"blow away" sur la figure) permet d’éliminer du piège les atomes restés dans l’état initial, enfin
après un temps T d’évolution libre, une seconde impulsion Raman permet la recombinaison.

L’interférogramme est donc le résultat de l’interférence de ces multiples états de Wannier-
Stark, de ces multiples ondes. Ces multiples interférences entre des états séparés de ∆l puits
ont des fréquences multiples de la fréquence de Bloch (∆l νB). La figure I.20b présente la
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(a) Séquence expérimentale et niveaux mis en jeu.

0 5 0 0 1 0 0 0 1 5 0 0 2 0 0 0 2 5 0 0

1 E - 4

1 E - 3

0 , 0 1

0 , 1

 
Am

plit
ud

e d
e l

a F
FT

 (u
.a.

)

���
��	������

ν B
2ν B

3ν� 4ν�

(b) Transformée de Fourier du si-
gnal interférentiel.

Figure I.20 – Tirée de [110]. Interféromètre "multi-ondes".

transformée de Fourier d’un tel interférogramme où l’on retrouve bien les fréquences multiples
de fréquence de Bloch. La meilleure sensibilité relative, d’une mesure à mi-frange, obtenue avec
un tel interféromètre (avec comme paramètre optimaux T = 270ms et νR = νHFS + 8 νB) est
de 1,5.10−4 à 1 s.

I.4.7 Meilleures performances avec des atomes froids et dilués

En 2015 est publié le résultat de la mesure avec l’interféromètre RRS (figure I.13). La
sensibilité relative est largement améliorée et atteint 3,9.10−6 à 1 s [111]. Cette amélioration
est due à l’utilisation de la géométrie RRS et surtout à une forte réduction du bruit de
détection. L’amélioration du système de détection est décrit dans la thèse d’Adèle Hilico
[105]. On peut aussi noter comme modification importante le changement du désaccord des
lasers Raman de 3GHz à 300GHz afin de réduire les inhomogénéités dues au DLD Raman et
l’émission spontanée depuis le niveau excité.
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(a) Franges de Ramsey pour une profondeur
du réseau de 3, 9 Erec avec des durées d’im-
pulsion τR = 10ms et un temps de Ramsey
T = 150ms. L’encart est un agrandissement
des franges pour la transition ∆l = -3 puits.

(b) Ecart-type d’Allan des fluctuations de la
demi-différence des fréquences pour les tran-
sitions avec δl = ± 7 puits à une profondeur
de 1, 7 Erec avec des durées d’impulsion τR =
10ms et un temps de Ramsey T = 900ms.

Figure I.21 – Tirée de [111]. L’interféromètre RRS avec des atomes froids.

Une étude de l’exactitude de cette mesure a permis de détecter un biais dépendant de la
puissance du laser de confinement transverse. En effet la variation de puissance du faisceau
gaussien le long de l’axe vertical induit un gradient de potentiel vertical parasite et donc un
champ de force parasite : les atomes sont attirés vers le waist. Si les atomes sont au dessus
du waist, on aura ainsi un biais positif sur la fréquence de Bloch mesurée. Plus la puissance
du laser est élevée plus ce biais est important. C’est ce qu’on peut voir sur la figure I.22a.
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De plus cette force parasite varie en s’éloignant du waist et n’est pas homogène sur l’en-
semble du nuage, qui était alors millimétrique. L’inhomogénéité de cette force parasite est donc
aussi responsable d’une chute de contraste. C’est ce qu’on peut constater sur la figure I.22b
qui montre la dépendance du taux de décroissance du contraste en fonction de la puissance
du confinement transverse pour différentes positions du nuage. Un positionnement soigneux
du waist au niveau des atomes permet de diminuer le biais de la mesure et d’améliorer le
contraste de l’interféromètre.
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Figure I.22 – Tirée de [111]. Force verticale parasite induite du laser de confinement trans-
verse.

La mesure de la fréquence de Bloch avec des atomes froids et dilués a encore été améliorée
pendant la thèse de Cyrille Solaro [112] jusqu’à une sensibilité relative de 1,8.10−6 à 1 s (voir
figure III.9). L’état de l’art pour la sensibilité relative sur la mesure de la fréquence de Bloch
est à 1,5.10−6 à 1 s [113].

I.4.8 Compétition entre l’auto-synchronisation des spins et l’écho de
spin

Un pas de plus a été réalisé vers la mesure d’une force à courte distance grâce à l’installation
d’un piège dipolaire optique pour implémenter un refroidissement évaporatif afin d’améliorer
la résolution spatiale du capteur. Nous détaillerons quelque peu l’évaporation dans la section
II.3 et définirons clairement la résolution de notre capteur section III.1. Retenons ici qu’à
la fin de la séquence d’évaporation, la densité du nuage a augmenté de plusieurs ordres de
grandeur et atteint les 1012 at/cm3. Dans un tel régime de densité, les interactions atomiques
deviennent suffisamment importantes pour influer sur la dynamique des spins et peuvent
notamment conduire, dans un interféromètre, au phénomène d’auto-synchronisation des spins
(SSR pour Spin Self-Rephasing) qui compense leur déphasage. L’étude de cette dynamique
des spins s’avère non triviale et cette dernière peut engendrer des effets surprenants si l’on
ajoute des impulsions de symétrisation. C’est ce à quoi nous nous sommes intéressés au début
de ma thèse et que nous avons étudié dans [114], pour des interféromètres de Ramsey réalisés
dans le piège dipolaire optique harmonique.

Pour plus de détails sur le mécanisme du SSR, on pourra se référer aux rappels effectués
dans la thèse de Cyrille Solaro [112]. Nous ne donnerons ici que quelques brèves explications.
Dans le cas d’un gaz non dégénéré, les collisions à trois corps peuvent être négligées, la
dynamique dépend seulement de collisions binaires et peut être décrite par l’équation cinétique
de Boltzmann qui décrit la dynamique d’un gaz hors équilibre. On utilisera dans le cas d’un
gaz quantique les sections efficaces quantiques calculées à partir de la théorie de la diffusion.
L’indiscernabilité des particules impose l’utilisation du postulat de symétrisation qui traduit
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une interférence constructive dans le cas de bosons et destructive dans le cas de fermions entre
deux trajectoires possibles lors d’une collision. En 1982, Lhuillier et Laloë étudient l’effet de ces
interférences lors de collisions binaires sur l’orientation des spins (ils considèrent toutefois une
diffusion indépendante du spin) : en présence de degrés de liberté internes, l’indiscernabilité
n’est que partielle, et les interférences partielles conduisent alors à une rotation des spins
autour de leur somme. Ils nomment ce phénomène "effet de rotation des spins identiques"
(ISRE pour Identical Spins Rotation Effect) [115]. On trouvera une généralisation pour une
diffusion dépendante de l’orientation des spins dans [116].

Dans certaines conditions, ce phénomène d’ISRE conduit à la resynchronisation des spins
(SSR). Dans notre cas nous assimilerons les états internes de spins aux niveaux internes du
87Rb |F = 1〉 et |F = 2〉. L’ISRE repose sur les collisions d’échange dont le taux s’exprime
ωex = 4π~a12

m n̄ (où a12 est la longueur de diffusion entre deux particules dans les états internes
|1〉 et |2〉 et où n̄ est la densité atomique moyenne). Dans le cas du 87Rb, les trois longueurs de
diffusion a11, a22 et a12 sont très proches et on pourra ainsi exprimer un unique taux de colli-
sions, dites latérales, responsables de la relaxation des spins γc ≈ 4πa2

12

√
kBT
m [116]. De plus,

on écrira ∆0 le taux de déphasage lié aux inhomogénéités du système. Nous remplissons trois
conditions dans notre système, nécessaires à l’observation du SSR dans nos interféromètres
de Ramsey. Tout d’abord nous explorons le régime dit de Knudsen où les atomes oscillent de
nombreuses fois dans le piège avant de subir une collision latérale ωtrap � γc. Ensuite, le taux
de collisions d’échange responsables du "rephasage" est supérieur au déphasage inhomogène
ωex > ∆0. Enfin le taux de collisions latérales est très petit devant le taux d’échange γc � ωex.

a) b) c)

Figure I.23 – Tirée de [112]. Dynamique des spins et SSR représenté sur la sphère de Bloch
en se plaçant dans le référentiel tournant du spin moyen.

Le modèle utilisé dans [114] (voir aussi [117, 118, 119]) permet de décrire complètement la
dynamique des spins. Une vision simplifiée à deux macro-spins, représentée sur la figure I.23,
permet une interprétation aisée du SSR. Sur la sphère de Bloch, après une impulsion π

2 , le
spin moyen précesse sur l’équateur. Dans le référentiel tournant de ce spin moyen, nos deux
macro-spins tournent alors dans des sens opposés à cause des inhomogénéités ∆0 et les deux
classes d’atomes se déphasent (image a). L’ISRE induit une rotation des spins autour de leur
somme et les deux macrospins tournent maintenant autour d’un champ effectif qui comprend
l’inhomogénéité ∆0 et l’ISRE (image b). Si le taux de collision d’échange ωex est assez grand
devant ∆0, les deux macro-spins se rephasent (image c). Cette resynchronisation des spins
permet d’atteindre de très longs temps de cohérence comme cela a pu être observé dans un
piège magnétique [119] (58 s) ou optique [120] (21 s).

Nous avons étudié dans [114] la dynamique des spins dans un tel régime en présence
d’une impulsion de symétrisation. La dynamique des macro-spins introduits précédemment
est représentée sur la figure I.24a. L’impulsion de symétrisation réalisée au temps T

2 de l’inter-
féromètre induit une rotation d’un angle π autour du spin moyen et correspond en l’absence
de SSR à une inversion du temps et à l’écho de spin. En présence de SSR, les deux effets
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(a) Dynamique des spins en présence de
SSR et d’une impulsion de symétrisation.
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Figure I.24 – Tirée de [114]. Compétition entre le SSR et l’écho de spin.

s’accumulent et la symétrisation peut en fait accentuer le déphasage. Une impulsion de symé-
trisation effectuée à la moitié de la période de resynchronisation du SSR induit le plus grand
déphasage et correspond au cas le plus défavorable.

La figure I.24b présente une mesure de la cohérence de l’ensemble atomique via le contraste
de l’interféromètre en fonction de la densité atomique pour une durée d’interféromètre de
400ms. Sans symétrisation (courbe noire), la cohérence augmente avec la densité puisque
ωex augmente avec la densité. Nous avons mis en évidence le SSR. Avec la symétrisation
(courbe rouge), nous observons une étonnante dépendance non monotone du contraste avec la
densité. Aux faibles densités, donc en absence de SSR, la symétrisation induit l’écho de spin
et restaure le contraste, mais lorsque la densité augmente, la période de resynchronisation du
SSR diminue et ce dernier perturbe l’écho. La densité de 1012 at/cm3 correspond au cas le plus
défavorable décrit précédemment où l’impulsion de symétrisation a lieu à la demi-période du
SSR. Pour une densité double de 2.1012 at/cm3, l’impulsion arrive alors à une période complète
de resynchronisation et n’a alors plus aucun effet. Dans le modèle représenté par les courbes
continues, ωex, ∆0 et γc sont trois paramètres ajustables auxquels un facteur correctif est
appliqué par rapport aux valeurs théoriques attendues (voir [117, 112]).

Sur la figure I.24c, nous étudions cette fois la cohérence en fonction de la durée de l’in-
terféromètre. Sans symétrisation (en noir), pour les densités les plus élevées et un fort SSR,
nous observons clairement une résurgence du contraste correspondant à la période de resyn-
chronisation du SSR tandis qu’avec la symétrisation (en rouge), le contraste est bien minimal
pour une impulsion réalisée à la demi-période de resynchronisation. Le modèle reproduit ici
encore correctement la dynamique non monotone de l’ensemble de spins.

27



CHAPITRE I. PRINCIPE ET HISTORIQUE DE L’EXPÉRIENCE

I.4.9 Densité magique en présence de SSR

Nous avons continué cette étude des interactions, dans ce nouveau régime de densité, dans
le réseau optique, toujours sans séparation. Nous avons remarqué l’existence d’un point de
fonctionnement particulier où la phase de l’interféromètre devient insensible aux fluctuations
de densité. Nous parlons de densité magique, par analogie avec le champ magnétique magique
([121, 122]) ou avec la longueur d’onde magique [123]. Cette étude a donné lieu à la rédaction
d’un article, en cours de publication [124].
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Figure I.25 – Tirée de [124]. Évolution du
contraste avec T pour différentes densités.

Tout d’abord nous étudions le mécanisme
du SSR dans le potentiel périodique. La fi-
gure I.25 présente la décroissance du contraste
avec la durée de l’interféromètre pour diffé-
rentes densités. Comme dans la section pré-
cédente, grâce au mécanisme de SSR, la dé-
croissance est réduite pour les plus fortes den-
sités et ces mesures nous indiquent que cet effet
est toujours présent dans le réseau. Cependant
nous n’observons pas ici de nette résurgence
du contraste. Le même modèle nous permet
d’ajuster les mesures mais nous considérons
cette fois-ci que la dynamique est 2D en raison
du fort confinement dans la direction longitu-
dinale. Cette approche permet de reproduire
le comportement des données et d’extraire les
paramètres ωex, ∆AC

0 , ∆MF
0 et γc.

L’existence de cette densité magique repose sur un effet conjoint du SSR, du déplacement
collisionnel δ0,MF

ν et de la dérive de la fréquence due aux inhomogénéités δν(T ) 5.
La figure I.26 présente les mesures (en haut) et simulations (en bas) du déplacement en

fréquence en fonction de la durée de l’interféromètre T (à gauche) et de la densité (à droite).
On constate que dans notre configuration, aux temps suffisamment longs, le déplacement en
fréquence atteint un plateau, à la même fréquence, pour les trois densités présentées. La densité
magique est donc maintenue pour tous les temps de Ramsey supérieurs à une seconde. Sur
l’autre courbe, on constate qu’aux temps courts, le déplacement collisionnel domine, tandis que
pour tous les T >1 s, on observe un très net plateau autour d’une densité de n̄ = 2.1011 at/cm3.
Dans les simulations, les paramètres extraits des ajustements de la figure I.25 sont utilisés.
Elles expliquent bien les tendances générales et le comportement du biais en fonction de T et
de la densité mais l’accord quantitatif est imparfait.

5. δν(T ) = δ0
ν+ 2

2πT arctan(∆0 T ) où δ0
ν et ∆0 comportent principalement dans notre cas une composante is-

sue du déplacement collisionnel et une issue du déplacement lumineux du confinement transverse. ∆0 augmente
avec les inhomogénéités.
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Figure I.26 – Tirée de [124]. (a) Déplacement en fréquence en fonction du temps de Ramsey
pour trois densités avec (b) les simulations correspondantes. (c) Déplacement en fréquence en
fonction de la densité pour différents temps de Ramsey avec (d) les simulations correspon-
dantes.

L’utilisation d’un tel point de fonctionnement permet d’augmenter la sensibilité et la
stabilité du capteur puisqu’il devient insensible aux fluctuations de densité. Il serait alors
intéressant de déplacer cette densité magique aux fortes densités, afin d’augmenter le nombre
d’atomes de la mesure et réduire le bruit de détection. Pour augmenter la valeur de la densité
magique, il faut augmenter les inhomogénéités, ce qui entraîne une dégradation du contraste.
Il s’agit alors, pour optimiser la stabilité de la mesure, de trouver le bon compromis entre un
bruit de détection plus faible et une perte de contraste plus importante.
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Chapitre II

Dispositif expérimental

Le projet ForCa-G a commencé en 2009 et depuis le dispositif expérimental évolue et a
connu de nombreux changements et améliorations. La version actuelle de l’expérience et ses
dernières modifications sont décrites dans ce chapitre. Nous ferons ici plusieurs fois référence
aux travaux des étudiants précédents et à leurs descriptions plus détaillées de différentes
parties de l’expérience, en particulier les thèses de Bruno Pelle [16] dans laquelle on trouvera
une description de la première version de l’expérience, d’Adèle Hilico [105] où est notamment
décrit le remplacement de l’enceinte à vide, une modification du MOT-3D et la modification
du système de détection, et de Cyrille Solaro [112] avec l’implémentation du piège dipolaire
optique pour le refroidissement évaporatif et le deuxième système de détection par imagerie.
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CHAPITRE II. DISPOSITIF EXPÉRIMENTAL

II.1 Lasers et séquence expérimentale

II.1.1 Séquence expérimentale

La séquence expérimentale est résumée sur la figure II.1. Les différentes phases sont dé-
taillées dans la suite de ce chapitre. Nous réalisons tout d’abord un piège magnéto-optique
à partir duquel nous chargeons un piège dipolaire optique utilisé pour réaliser un refroidis-
sement par évaporation. Nous transférons ensuite notre nuage d’atomes ultra-froids dans le
piège mixte constitué du réseau vertical vert et du confinement transverse infra-rouge. Nous
préparons les atomes dans le sous-niveau Zeeman |F = 1,mF = 0〉 avant de les interroger par
des transitions Raman et/ou micro-ondes (MW). Nous détectons finalement l’état interne des
atomes par fluorescence. Nous pouvons aussi les imager in situ à n’importe quel moment du
cycle. La séquence totale dure typiquement 3 à 6 s.
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Figure II.1 – Séquence temporelle typique de l’expérience.

L’agencement des lasers de piégeage et d’interrogation est représenté sur la figure II.2. On
y retrouve les deux bras du piège dipolaire et les lasers du piège mixte (à savoir le réseau et
le confinement transverse) ainsi que les faisceaux Raman.

La figure II.3 présente les niveaux d’énergie du 87Rb mis en jeu ainsi que les différentes
transitions utilisées.

II.1.2 Les lasers

Les DLCE
Tous nos lasers à 780 nm présentés sur la figure II.3 sont des diodes lasers placées en cavité

étendue (DLCE) tel que décrit dans [125]. On obtient des largeurs de raie de l’ordre de quelques
kHz. Un filtre interférentiel placé dans la cavité permet d’accorder la DLCE sur plusieurs nm.
Le miroir semi-réfléchissant qui ferme la cavité est placé sur un élément piézoélectrique qui
permet de moduler la taille de la cavité et d’accorder la DLCE sur environ 1GHz sans saut
de mode. La température de la diode ainsi que celle de la cavité sont asservies à l’aide de
modules Peltier. L’asservissement en fréquence de ces DLCE comprend une première boucle
d’intégration avec une contre-réaction du courant de la diode pour des corrections rapides et
une seconde boucle d’intégration avec une contre-réaction lente du piézoélectrique.
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Figure II.2 – Schéma représentant l’agencement des principaux faisceaux lasers.

On utilise des diodes lasers Sharp (GH0781JA2C). Des diodes Eagleyard (EYP-RWE-0790-
04000-0750-SOT01-0000) étaient également utilisées mais furent progressivement remplacées
par l’autre modèle qui s’est avéré avoir une plus longue durée de vie.

Tous les faisceaux à 780 nm sont préparés sur deux bancs optiques indépendants de la
table principale où se trouve l’enceinte à vide et y sont amenés au moyen de fibres optiques.
La figure II.4 présente une de ces deux tables optiques.
Le laser repompeur

Nous utilisons une DLCE avec une puissance en sortie de la cavité d’une trentaine de
mW. Le laser est asservi par spectroscopie par transfert de modulation [126, 16] sur la raie
|F = 1〉 → |F ′ = 1〉. L’ordre diffracté -1 après passage dans un AOM est divisé en faisceaux
pompe et sonde pour le montage d’absorption saturée. Le laser est ainsi asservi à + 80MHz
de la transition |F = 1〉 → |F ′ = 1〉.

Le repompeur est divisé en différents faisceaux par des systèmes lame λ/2 - cube polariseur
(voir figure II.4) :
— Le faisceau repompeur superposé au faisceau refroidisseur passe par un AOM à 80MHz

et est ainsi accordé sur la transition |F = 1〉 → |F ′ = 2〉 (voir figure II.3). Il permet de
repomper dans l’état |F = 2〉 les atomes dépompés par émission spontanée dans l’état
|F = 1〉 dans le MOT.

— Le faisceau pour la détection passe aussi par un AOM à +80MHz et est accordé sur la
transition |F = 1〉 → |F ′ = 2〉.
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Figure II.3 – Niveaux d’énergie et transitions mis en jeu

— Le faisceau de pompage optique, aussi utilisé pour éliminer par chauffage les atomes dans
l’état |F = 1〉, est préparé en passant deux fois dans l’ordre -1 d’un AOM à 80MHz. Il
est ainsi accordé sur la transition |F = 1〉 → |F ′ = 0〉. Il est envoyé sur les atomes avec
une polarisation perpendiculaire au champ de quantification, qui se décompose alors en
polarisation σ+ et σ−, pour pouvoir pomper optiquement les atomes dans l’état noir
|F = 1,mF = 0〉.

— Un faisceau du repompeur est superposé avec le laser de refroidissement pour l’asservis-
sement par battement de ce dernier.

— Un dernier faisceau sert de signal de référence pour asservir le laser Bloch (voir chapitre
VI).

Le laser de refroidissement
Nous utilisons la même DLCE avec la même puissance en sortie de cavité d’une trentaine

de mW. Nous injectons un amplificateur optique (Thorlabs TPA780P20) en sortie duquel on
obtient, après passage dans un isolateur optique, une puissance de 1,2W. Le laser refroidisseur
est un laser esclave asservi sur le laser repompeur. Le battement des deux lasers est amplifié
et mélangé à un oscillateur local à 7GHz généré en multipliant notre signal de référence à
100MHz (voir section III.4.3). On obtient un signal radiofréquence compris entre 50 et 500
MHz. La tension en sortie d’un convertisseur fréquence-tension est ensuite comparée à une
tension de consigne générée par une carte analogique (National Instruments PCI-6733).

Le laser refroidisseur remplit quatre fonctions :
— Son rôle principal de refroidissement dans le MOT. Il est superposé au repompeur et

passe par le même AOM avant d’être envoyé vers le MOT.
— Il permet aussi de détecter les atomes par fluorescence après leur chute libre.
— Un autre faisceau permet d’imager les atomes in situ par absorption.
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Figure II.4 – Schéma du banc optique des lasers de refroidissement et repompeur. Schéma
en transparance tiré de [112].

— Un dernier faisceau résonnant avec la transition |F = 2〉 → |F ′ = 3〉 joue le rôle de
pousseur pour les atomes dans l’état |F = 2〉.

Pour ce laser, le montage a été quelque peu modifié. Une diode Thorlabs LD785-SE400
plus puissante avait été mise en place dans [112] en prévision de la mesure différentielle avec
le 85Rb. Nous avions prévu de superposer les deux faisceaux (pour les deux isotopes) et avions
pour cela installé un coupleur fibré 2x2. Un tel coupleur divisait la puissance en deux sorties.
Seule la moitié de la puissance était donc injectée dans l’amplificateur d’où la diode plus
puissante. Afin de ne pas perdre la puissance de la seconde sortie du coupleur, nous utilisions
cette dernière pour la détection par fluorescence et le faisceau pousseur.

Nous avons modifié ce montage pour deux raisons. Tout d’abord cette diode s’est avérée
beaucoup moins robuste que le modèle Sharp-GH0781JA2C et s’est rapidement dégradée.
Nous l’avons donc remplacée. Ensuite, la puissance disponible dans la détection était insuffi-
sante. Nous injectons donc maintenant directement l’amplificateur optique sans passer par le
coupleur (puisque la nouvelle diode est moins puissante). Nous n’utilisons jamais la détection
ou bien le faisceau pousseur en même temps que le MOT ; nous prélevons donc ces deux fais-
ceaux après l’amplificateur et après l’AOM, sur l’ordre 0 (voir figure II.4). Nous avons donc
maintenant bien plus de puissance qu’il n’en faut pour la détection par fluorescence. Ceci a
permis de réduire le bruit de détection (voir section III.2.3).
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Les lasers Raman
Les lasers Raman sont deux DLCE avec des diodes Sharp-GH0781JA2C. Ils sont désaccor-

dés de 300GHz de la transition D2 du 87Rb afin de réduire le déplacement lumineux différentiel
(DLD) et donc les inhomogénéités de ce DLD ainsi que l’émission spontanée depuis le niveau∣∣∣52P3/2

〉
. Le laser Raman 2 est asservi sur le laser Raman 1 par une boucle à asservissement de

phase. Ici encore l’asservissement comprend deux boucles d’intégration avec une rétro-action
sur la cale piézoélectrique et le courant de la DLCE. Le battement entre les deux faisceaux se
fait sur la table principale où les faisceaux sont amenés par fibre optique. Tout bruit de phase
produit en amont est ainsi corrigé avec une bande passante de l’ordre de 4MHz.

Le signal de battement est mélangé à un oscillateur local à 6,935GHz. Ce signal est généré
par un DRO asservi de la façon suivante : nous mélangeons son signal à une harmonique à
7GHz de notre signal de référence, nous obtenons alors un signal à 65MHz qui est comparé au
signal à 65MHz d’une DDS (pour Direct Digital Synthetizer = Synthétiseur digital direct) que
nous appelons DDS3. Le mélange du battement des lasers Raman et de ce signal à 6,935GHz
produit alors un signal à 100MHz que nous comparons à un autre signal à 100MHz généré
en multipliant par deux les 50MHz d’une seconde DDS, la DDS1. En modifiant la fréquence
de ces deux DDS, nous choisissons ainsi le désaccord entre les deux faisceaux Raman. Une
DDS est un synthétiseur qui génère un signal sinusoïdal à partir d’un signal d’horloge qui est
ici encore généré à partir de notre signal de référence à 100MHz. La stabilité de ce signal est
donc celle du signal de référence.

Nous aurons parfois besoin d’utiliser des fréquences Raman distinctes au cours d’un même
cycle (voir sections III.6 et V.4). Nous ajouterons alors un interrupteur contrôlé par TTL
(Mini-Circuits ZASWA-2-50DR+) pour utiliser alternativement le signal de la DDS1 de fré-
quence ν1 et celui de la DDS2 de fréquence ν2. Il est aussi possible d’utiliser ces DDS dans
leur mode de modulation de fréquence et d’alterner deux fréquences fixes ; nous pouvons alors
utiliser seulement les DDS1 et DDS3 et commuter la fréquence ν1 ou ν2 de la DDS1. Nous
utilisons indifféremment ces deux méthodes équivalentes.

Ces DDS peuvent également générer des rampes de fréquence linéaires que l’on peut ré-
initialiser autant de fois que nécessaire. Dans la section III.6 par exemple, nous balayerons
de façon répétée la fréquence de la DDS3 tout en alternant entre les DDS1 et DDS2 afin
d’enchaîner des rampes de fréquence distinctes.

Ces combinaisons de DDS utilisées comme oscillateurs de référence dans la boucle d’as-
servissement offrent donc une bonne maniabilité de la fréquence Raman.

Le laser de refroidissement par évaporation
Nous utilisons un laser à fibre optique dopé à l’Ytterbium délivrant une puissance maxi-

male de 100W de chez IPG (IPG-YLR-100-1064-LP-AC-Y12). Mais une telle puissance dé-
grade très rapidement les optiques et nous perdons rapidement le mode gaussien de notre
faisceau. Nous avons donc, au fil du temps, progressivement réduit la puissance en sortie du
laser et nous utilisons aujourd’hui une puissance de 36W.

Le laser du réseau
Nous utilisons un laser de la série Verdi de chez Coherent pouvant délivrer jusqu’à 12W

(modèle V-12). Il s’agit d’un laser solide titane-saphir pompé par des diodes laser puis doublé
en fréquence à 532 nm avec un cristal Nd:YVO4 placé en cavité. Ce laser est asservi en fré-
quence — également par spectroscopie par transfert de modulation — sur une des nombreuses
raies du diiode [16]. Une cale piézoélectrique modulant la longueur de la cavité du laser permet
la rétro-action et une accordabilité sur 7GHz. Le montage de l’asservissement est représenté
sur la figure II.9.
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Le laser de confinement transverse
Il s’agit d’un autre laser fibré à 1064 nm délivrant une puissance maximale de 20W de chez

Manlight (racheté par Keopsys après être devenu 3S-Photonics - modèle ML20-CW-P-TKS).
Nous n’avons pas besoin d’autant de puissance pour réaliser le confinement transverse, ce
laser a donc été utilisé avec une puissance de 5W. Après le travail effectué chapitre III, on
comprend qu’une puissance encore plus faible est désirable. Le laser a donc été utilisé à la fin
de ma thèse avec une puissance en sortie de 2,7W.
Le laser du super-réseau

Ce système laser vendu par Azur Light Systems est constitué d’une première source laser,
amplifiée à 50W avec un amplificateur à fibre dopée, puis doublée dans un cristal en simple
passage à 515 nm. La puissance maximale en sortie est de 10W.

II.2 Le piège Magnéto-Optique
La première étape de préparation de notre échantillon d’atomes est réalisée à l’aide d’un

piège magnéto-optique (MOT pour Magneto-Optical Trap). La source primaire est une cel-
lule en verre contenant du Rubidium liquide chauffé à une température d’environ 60°C. Une
première enceinte à vide est ainsi alimentée par une vapeur de Rubidium, dans laquelle on
réalise un piège magnéto optique à deux dimensions (2D-MOT) [127, 16]. Le jet d’atomes lents
ainsi produit pénètre dans l’enceinte principale par un trou de 1mm de diamètre qui permet
un pompage différentiel entre l’enceinte du 2D-MOT, dans laquelle règne une pression par-
tielle de Rb de l’ordre de 10−7 mbar (pression de vapeur saturante à température ambiante)
et l’enceinte principale, dans laquelle la pression est légèrement inférieure à 10−9 mbar. Un
faisceau pousseur augmente l’efficacité du chargement du MOT par le 2D-MOT. On obtient
ainsi quelques milliards d’atomes dans le MOT en 600ms.

Ce MOT est utilisé pour charger le piège dipolaire optique avant l’évaporation. Le re-
froidissement évaporatif nécessite un taux de collisions élastiques important pour garantir
l’efficacité du refroidissement évaporatif. On cherche donc à obtenir la densité la plus élevée
possible dans le MOT. On réalise pour cela, une fois le MOT chargé, une phase de compres-
sion, qui dure 100ms, pendant laquelle on augmente le gradient de champ magnétique de 6 à 9
Gauss/cm et le désaccord du laser de refroidissement à -80MHz (soit environ 13 fois la largeur
naturelle Γ de la transition D2 du 87Rb) et l’on réduit l’intensité du laser repompeur afin de
diminuer la diffusion de photons (on parle généralement de MOT gris ou bien de mélasse grise
en l’absence de champ magnétique). On obtient alors une densité supérieure à 1011 at/cm3 à
des températures de quelques dizaines de µK. On cherche ici à optimiser la densité au centre
du MOT et non la température.

II.3 Le refroidissement par évaporation
La mise en place du refroidissement par évaporation est motivée par la nécessité d’obtenir

une bien meilleure résolution spatiale pour notre capteur (voir chapitre III). L’évaporation
nous permet à la fois de diminuer la taille du nuage en augmentant la densité atomique tout
en diminuant la température du nuage.
Nous décrirons d’abord dans cette section le montage et le protocole expérimental pour l’éva-
poration puis nous présenterons quelques résultats relatifs à l’obtention d’un nuage ultrafroid.

II.3.1 Le montage et la rampe

Les atomes sont capturés dans notre piège dipolaire optique. Si lors d’une collision élastique
un atome acquiert une énergie supérieure à la profondeur du piège, il va alors s’échapper. Le
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reste du nuage atomique se thermalise par collisions et a alors une énergie moyenne moindre.
C’est le principe de l’évaporation. On diminue la profondeur du piège pour accélérer ce proces-
sus (on parle d’évaporation forcée) au prix d’une perte d’atomes, qu’on cherchera cependant
à réduire autant que possible en optimisant les paramètres de l’évaporation. Le principe du
refroidissement par évaporation et la description du banc optique sont développés plus en
détail dans la thèse de Cyrille Solaro [112]. Nous rappellerons ici le montage en insistant sur
ses modifications et en donnant les paramètres utilisés pendant ma thèse.

Le montage
Le piège dipolaire est réalisé en croisant deux faisceaux à 45°. Nous parlerons du petit et

du gros bras pour désigner ces deux faisceaux. Nous avons dû augmenter cet angle, qui était
précédemment de 36°, afin d’éviter un défaut (visible à l’œil nu) dans le traitement anti-reflet
d’un des hublots de l’enceinte, créé par la focalisation accidentelle d’un des faisceaux au niveau
du hublot.

La puissance en sortie du laser est de 36W et le waist du faisceau est de 2,2mm. Le faisceau
est ensuite séparé en deux à l’aide d’un cube polariseur associé à une lame λ/2. Les deux
faisceaux passent ensuite par des télescopes de grandissement 1/3. Séparer les faisceaux pour
les faire passer dans deux télescopes identiques (plutôt que de les séparer en aval d’un unique
télescope) permet de réduire la puissance traversant ces premières lentilles. Les faisceaux ont
alors un waist d’environ 750µm, adapté aux AOMs qu’ils traversent ensuite, qui permettent de
contrôler la puissance utile de chaque bras du piège dipolaire. Des ordres de diffraction opposés
sont utilisés et les deux bras sont ainsi désaccordés de 220MHz afin d’éviter qu’ils n’interfèrent
à leur croisement. Les deux bras sont ensuite focalisés sur les atomes. Différentes géométries
furent utilisées durant cette thèse, dont les paramètres sont résumés dans le tableau II.1. Le
petit bras est bien plus confinant et pilote l’évaporation tandis que le gros bras permet de
générer un large volume de capture. Diminuer le waist du petit bras permet de diminuer la
taille du nuage comme recherché dans les chapitres III et V. C’est aussi avec les plus petits
waists que nous avons obtenu les échantillons les plus denses et nos condensats de Bose-
Einstein. Mais nous perdons ainsi en nombre d’atomes. Nous augmentons alors le waist du
gros bras pour augmenter le volume de capture, jusqu’à être limités par la puissance du laser.

Le gros bras est focalisé sur les atomes en utilisant une lentille de focale fgros allant de
200 à 400mm. Pour le petit bras, le waist après une lentille de focale fpetit allant de 50 à
150mm est déplacé sur les atomes par un montage "4 f" constitué de deux lentilles de focale
f = 150mm espacées de 2 f . Le montage "4 f" qui était également utilisé pour le gros bras
fut supprimé pour éviter de traverser des optiques supplémentaires dans le faisceau le plus
puissant alors que la focale fgros permet d’atteindre les atomes directement.

Nous mesurons la fréquence de piégeage (transverse) dans chaque bras au moyen d’oscil-
lations paramétriques (comme présenté dans [112]) et déduisons ainsi le waist de chaque bras
au niveau des atomes dans le cadre de l’approximation harmonique :

νpiège = 1
2π

2
√
−U0
mRb

w

= χ

√
P

w2

(II.1)

avec χ = 9, 63.10−7 Hzm2/
√

W pour du Rb piégé dans un faisceau laser à 1070 nm et où
U0 < 0 est le potentiel au centre du faisceau.

38



II.3. LE REFROIDISSEMENT PAR ÉVAPORATION

La rampe
Une fois les atomes piégés dans ce potentiel optique, on diminue progressivement la pro-

fondeur du piège pour favoriser la perte des atomes les plus chauds. Dans [112], l’évaporation
était optimisée en réalisant des rampes linéaires successives (typiquement 7 morceaux) et
en optimisant à chaque étape la densité et la température. Les rampes en puissance P (t)
s’ajustaient correctement avec la fonction II.2.

P (t) = Pinf + (P0 − Pinf ) (1 + t

τ
)−η (II.2)

Nous avons finalement choisi de varier les puissances dans les bras en suivant des lois de ce
type, qui permettent, pour certains paramètres de η et τ , de garder le rapport U0

kB T
constant

(où T est la température du nuage).
Optimiser l’évaporation en utilisant directement la forme II.2 s’est avéré très efficace. On

peut ainsi maximiser le nombre d’atomes et minimiser la température à la fin de l’évaporation
en une seule étape. Nous avons réalisé des rampes d’évaporation de 2 s ou 1,25 s avec un
paramètre η compris entre 2 et 7, et τ compris entre 0,5 et 2 s. Ces différents paramètres sont
résumés dans le tableau II.1.

Ch. wgros wpetit Pgros
0 Ppetit

0 trampe ηgros ηpetit τgros τpetit n̄ max σz min
II 140µm 38µm 5,35W 20W 2 s 4,5 5,5 1,5 s 1,5 s nd nd
III 70µm 50µm 18W 9W 1,25 s 2,4 2,4 0,5 s 0,5 s 4.1012 at/cm3 2µm
IV 70µm 50µm 18W 9W 2 s 3 3 0,7 s 0,7 s 4.1012 at/cm3 1,5µm
II/V 150µm 26µm 23W 4W 2 s 6 4,5 1,6 s 1,2 s 7.1012 at/cm3 1µm

Tableau II.1 – Paramètres utilisés pour l’évaporation dans les différents chapitres. Les densités
maximales et tailles minimales obtenues sont également indiquées.

La figure II.5 récapitule les différents nombres d’atomes en fonction de la température
du nuage : en noir au cours des thèses précédentes et en rouge au cours de cette thèse.
Les progrès obtenus sont simplement dus à l’optimisation de la géométrie du piège et de la
rampe d’évaporation. Aux plus basses températures, une fraction du nuage est condensée et
la température est celle de la fraction thermique.

101 102 103 104
104

105

106

Figure II.5 – Plus grands nombres d’atomes obtenus en fonction de la température du nuage,
au cours de cette thèse (rouge) et des thèses précédentes (noir).
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II.3.2 Condensat de Bose-Einstein

Les propriétés du condensat de Bose-Einstein (BEC pour Bose-Einstein condensate) ne
sont pas nécessaires à la réalisation de notre capteur de force. Toutefois, nous avons beaucoup
travaillé sur la résolution spatiale du capteur (voir chapitres III et V). Pour améliorer cette
résolution, la première étape est de charger le réseau avec un échantillon le plus petit possible.
Nous voulons également charger le plus grand nombre d’atomes afin de réduire le bruit de
détection. Ceci mène donc à augmenter le plus possible la densité du nuage et nous a ainsi
conduit à la réalisation du BEC.

Figure II.6 – Imagerie par absorption de l’échantillon atomique au seuil de condensation
après 20ms de temps de vol.

La séquence expérimentale est celle décrite jusqu’ici. Si on se réfère à la figure II.1, on
s’arrête à la fin de l’évaporation, sans charger le piège mixte. Les paramètres utilisés pour
l’évaporation sont présentés dans le tableau II.1 (première et dernière lignes). Comme men-
tionné plus haut, réduire le waist du petit bras permet de réduire la taille du nuage, mais
un waist suffisamment gros sur l’autre bras est alors nécessaire pour capturer suffisamment
d’atomes au début de l’évaporation. La forme du piège est alors celle d’un cigare allongé
dans la direction du petit bras (la direction transverse au petit bras est la plus confinante).
Les fréquences typiques du piège à la fin de l’évaporation sont de l’ordre de 100Hz dans la
direction confinante et de l’ordre de 30Hz dans l’autre direction. On commence par réaliser
un premier alignement des bras au centre du MOT ; la densité dans le piège dipolaire est
maximale lorsque les deux bras se croisent en leurs centres. On optimise ensuite la rampe
d’évaporation afin de réduire la température et d’augmenter la densité (paramètres du ta-
bleau II.1). Puis un dernier alignement permet alors de beaucoup gagner en densité ; il semble
bénéfique d’abaisser la position du petit bras (et donc de le placer dans la zone inférieure du
gros bras). Même si notre séquence d’évaporation est tout à fait différente, ceci n’est pas sans
rappeler la géométrie utilisée dans [128] où le petit bras contrôle le confinement et la force
appliquée par le gros bras positionné un peu plus haut permet de contrôler la profondeur du
piège. Enfin, un simple ajustement de la puissance finale du petit bras (Pinf dans l’équation
II.2) permet de contrôler facilement la fin de l’évaporation et donc la température finale ainsi
que la fraction condensée. On obtient le condensat en 2,7 s (dont 2 s d’évaporation).

L’observation du nuage se fait ensuite par absorption. Le système d’imagerie par absorption
est décrit plus bas (section II.6.1). La figure II.6 montre des clichés du nuage après 20ms de
temps de vol pour des valeurs décroissantes de Pinf ; on passe d’un nuage thermique à un
nuage presque complètement condensé. Pour s’assurer que l’on a bien produit un BEC et
estimer la fraction condensée, on étudie la distribution du nuage.
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La distribution d’un gaz thermique est décrite par la statistique de Maxwell-Boltzmann :

n3D = N

(
m

2πkBT

)3/2
e
− m

2kBT
(v2
x+v2

y+v2
z) (II.3)

En intégrant dans la direction z, on obtient le profil 2D, gaussien, observé à l’imagerie :

n2D = N

(
m

2πkBT

)
e
− m

2kBT
(v2
x+v2

y) (II.4)

La distribution en position du nuage après différents temps de vol nous renseigne alors sur
la distribution en impulsion du nuage. La taille du nuage est ici la même dans toutes les
directions : σvx = σvy =

√
kBT
m .

La distribution d’un condensat dans un piège harmonique est quant à elle, dans la limite de
Thomas-Fermi, parabolique :

n3D = n0

1−
(
x

Rx

)2
−
(
y

Ry

)2

−
(
z

Rz

)2
 (II.5)

qui intégrée sur la dimension z donne :

n2D = 4
3Rzn0

1−
(
x

Rx

)2
−
(
y

Ry

)2
3/2

(II.6)

Cette distribution reste, de façon fort commode, parabolique au cours d’un temps de vol [129].
Contrairement à la distribution thermique, les rayons de Thomas-Fermi Rx et Ry évoluent
différemment dans le cas d’un piège anisotrope. La direction la plus confinante s’étend plus
rapidement et on observe l’inversion d’ellipticité caractéristique du BEC (voir encore [129]
pour l’évolution des tailles en fonction du temps de vol). Ce fut d’ailleurs le premier signe de
condensation que nous avons observé.

On ajuste les profils observés à l’imagerie par une fonction bimodale à deux dimensions,
somme d’une distribution gaussienne et d’une distribution parabolique. La direction de l’el-
lipse (les axes x et y dans l’équation II.6) est un paramètre de l’ajustement. On peut ainsi
évaluer la fraction condensée et la fraction thermique, compter le nombre d’atomes (voir sec-
tion II.6.1) et évaluer la température de la fraction thermique. La figure II.7 présente deux
exemples d’imagerie du premier BEC que nous avons obtenu pendant cette thèse, après 20ms
de temps de vol. Les profils et l’ajustement sont tracés le long des coupes rouges et vertes
correspondant aux axes de l’ellipse. On distingue clairement les distributions gaussienne et
parabolique correspondant aux fractions thermique et condensée. Après 10ms de temps de
vol, le nuage a une distribution isotrope alors qu’après ces 20ms de temps de vol, on observe
l’inversion d’ellipticité : le nuage s’est étendu plus vite dans la direction la plus confinante et
le grand axe de l’ellipse est bien perpendiculaire au petit bras. Un second condensat obtenu
à la fin de ma thèse (après le remontage de l’expérience décrit section II.8) est présenté sur
la figure II.8. On obtient un nombre maximal d’environ 30 000 atomes condensés.
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Figure II.7 – Premier condensat. Imagerie après 20ms de temps de vol.
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Figure II.8 – Second condensat. Imagerie après 15ms de temps de vol.

II.4 Le réseau optique vertical et le piège mixte

II.4.1 Le réseau

L’étape suivante est de charger notre nuage ultrafroid (condensé ou non) dans le réseau
optique vertical. Celui-ci est créé en rétro-réfléchissant un faisceau à 532 nm (voir section
II.1.2). Le faisceau a un waist initial de 500µm. Il passe par un AOM qui permet de contrôler
la profondeur du réseau. Un télescope de grandissement 1 permet ensuite de placer le waist de
500µm au niveau du miroir de rétro-réflexion. Une partie du faisceau est maintenant prélevée
pour réaliser un asservissement de la puissance.
Le montage, représenté sur la figure II.9, est réalisé directement sur le banc optique principal
où est placée la tête laser.

Le miroir de rétro-réflexion est positionné sur un banc optique placé au dessus de l’enceinte
à vide. Dans la nouvelle version de l’expérience (voir section II.8), il se trouve à l’intérieur de
la nouvelle enceinte à vide. Ce miroir est trichroïque et réfléchit les faisceaux à 532 et 515 nm
tandis que les faisceaux Raman à 780 nm et le faisceau de confinement transverse à 1064 nm
sont transmis (voir figure II.2).

42



II.4. LE RÉSEAU OPTIQUE VERTICAL ET LE PIÈGE MIXTE

532 nm

515 nm

Miroir Plan

Cube séparateur 
de polarisation

Isolateur 
Optique

Lentille
Plano-convexe

Photodiode

AOM (Modulateur
Acousto-optique)

Radiateur

Lame 
demie-onde

Vers la chambre
d'expérience

Cellule de
diiode

Absorption saturée

Figure II.9 – Schéma du montage pour les faisceaux lasers du réseau (532 nm) et du super-
réseau (515 nm).

II.4.2 Imagerie des oscillations de Bloch

Comme nous l’avons rappelé section I.3.1, un atome dans un réseau optique vertical exécute
des oscillations à la fois en impulsion et en position que l’on nomme oscillations de Bloch.
L’obtention de températures particulièrement basses a permis d’observer au cours de cette
thèse ces oscillations de Bloch à l’imagerie. Nous glissons ici ce joli résultat de la physique
des réseaux qui n’a cependant rien de nouveau et fut par exemple observé en 1996 avec des
atomes de césium dans un réseau accéléré [130] ou avec des atomes de potassium [62] ou
de strontium [131] dans un réseau vertical. Le pas du réseau étant λlat

2 , la première zone de
Brillouin est comprise entre ±klat. La vitesse de l’atome oscille donc entre ±vrec. La vitesse
de recul pour l’absorption d’un photon vert du réseau par le rubidium est d’environ 8,6ms. A
une température de 300 nK, l’écart-type de la distribution de Maxwell-Boltzmann vaut déjà
σv = 5,4mm/s et cette distribution remplit toute la première zone de Brillouin. Il est alors
impossible de distinguer les oscillations de Bloch. Il nous a fallu charger notre BEC dans le
réseau afin d’avoir une distribution en vitesse suffisamment étroite et pouvoir observer ces
oscillations en impulsion.

La figure II.10 présente des images du nuage après 5ms de temps de vol, au cours d’une
période de Bloch (qui vaut ici 1,76ms). On observe une oscillation de la position du nuage qui
correspond à l’oscillation en impulsion du nuage dans le réseau. Un ajustement de la distri-
bution du nuage nous permet d’extraire sa position moyenne et d’en déduire cette oscillation
en vitesse qui est représentée sur la figure II.11. La courbe rouge est l’oscillation de Bloch
théorique. Le seul paramètre est l’origine des temps qui a dû être ajusté d’une centaine de µs.
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Figure II.10 – Imagerie par absorption après 5ms de temps de vol pour différents temps de
piégeage dans le réseau.
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Figure II.11 – Oscillations de Bloch en impulsion observées à l’imagerie.

II.4.3 Réseau très peu profond : pertes Landau-Zener et interférences
macroscopiques

Nous présentons ici un second résultat obtenu avec notre condensat dans le réseau. Tout
comme les oscillations de Bloch de la section précédente, ce résultat n’est pas nouveau et a déjà
été publié en 1998 dans [60] ; nous n’en parlerons donc que brièvement. Si le réseau est très
peu profond, les pertes Landau-Zener évoquées section I.3.1 deviennent non négligeables. En
ajustant la profondeur du réseau, on peut alors observer la chute, hors du piège, d’une fraction
plus ou moins importante des atomes. Comme on peut le voir sur la figure II.12, on observe
alors, si la température du nuage est suffisamment faible, une figure d’interférence spatiale.
La fonction d’onde donnée dans [60] correspond à l’émission cohérente depuis chaque site du
réseau avec un certain taux de perte. La relation de phase entre les puits est responsable
de la figure d’interférence. Les pertes Landau-Zener correspondent à une transition vers les
bandes supérieures, en bord de zone de Brillouin, et ont donc lieu périodiquement, toutes
les périodes de Bloch. C’est pourquoi cette figure d’interférence correspond à une fraction
du nuage qui quitte le piège toutes les périodes de Bloch. C’est ce qu’on vérifie sur la figure
II.12b où les droites verticales pointillées correspondent à la position d’un atome ayant quitté
le piège après 0 à 4 oscillations de Bloch. Ici encore nous avons dû ajuster l’origine des temps,
les pics ont en fait 300µs de retard. Ceci peut être dû à une légère erreur dans l’estimation du
grandissement du système d’imagerie. En augmentant la température du nuage, le contraste de
ces interférences diminue mais elles sont toujours visibles au dessus du seuil de condensation.
Si la distribution en vitesse remplit la PZB, on comprend qu’elles disparaissent totalement.
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(a) Profil à 2 dimensions
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(b) Profil dans la direction vertical. La courbe en rouge est un ajus-
tement gaussien à 6 pics.

Figure II.12 – Imagerie par absorption après 10ms de piégeage dans le réseau à environ
1Erec de profondeur.

II.4.4 Le piège mixte

Ce réseau vert est désaccordé dans le bleu et les atomes de 87Rb ne sont donc confinés
que dans la direction verticale. On ajoute alors un faisceau laser supplémentaire à 1064 nm,
préparé sur le banc optique placé au dessus de l’enceinte à vide : le laser de confinement
transverse (voir section II.1.2). C’est la combinaison de ces deux confinements, longitudinal
avec le réseau et transverse avec ce laser, que l’on appelle le piège mixte. Un AOM permet
de contrôler la puissance de ce faisceau. Un premier télescope permet de réduire le waist de
600 à 400µm afin de l’adapter à l’ouverture de l’AOM. Le faisceau est focalisé sur les atomes
par l’association d’un télescope et d’une lentille avec une focale de 50 cm. Dans la nouvelle
version de l’expérience, avec la nouvelle enceinte à vide, la table optique se trouve plus loin
des atomes et une focale de 70 cm est utilisée. Différents waists furent utilisés durant cette
thèse, compris entre 100 et 300 µm.

Chargement : À la fin de l’évaporation, on allume progressivement le réseau et le laser de
confinement transverse en 100ms afin de charger adiabatiquement le piège mixte. On éteint
ensuite le piège dipolaire en effectuant également une rampe de 100ms. Le temps de vie dans
le piège mixte, est d’environ 7 s.

II.5 L’interrogation

II.5.1 Polarisation

Dès le début de l’évaporation, on applique un champ de quantification d’environ 70mG
dans la direction verticale. Une impulsion lumineuse, accordée sur la transition |F = 1〉 →
|F ′ = 0〉, polarisée linéairement et horizontalement, qui se décompose alors en polarisation
σ+ et σ−, permet de pomper optiquement les atomes dans l’état |F = 1,mF = 0〉 avec une
efficacité de 50 à 70 %. Nous attribuons cette imperfection du pompage optique à la densité
optique du nuage atomique. Nous ajustons la durée et l’instant de cette impulsion pour opti-
miser le pompage sans perturber l’évaporation ; nous réalisons une impulsion longue de 1,2ms
environ 400ms après le début de l’évaporation.
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Une séquence d’impulsions micro-onde (MW) et de pousseur (voir figure II.1) permet en-
suite de purifier l’échantillon atomique. Une première impulsion MW transfère les atomes
de |F = 1,mF = 0〉 vers |F = 2,mF = 0〉, suivie d’une impulsion longue de 12ms du fais-
ceau de pompage optique qui chauffe les atomes restant dans |F = 1〉 qui quittent alors le
piège. Une seconde impulsion MW transfère à nouveau les atomes de |F = 2,mF = 0〉 vers
|F = 1,mF = 0〉. Le peu d’atomes restant dans |F = 2〉 (environ 3%) est alors éjecté par une
dernière impulsion d’un faisceau pousseur (figure II.3). Plus de 99% des atomes sont ainsi
préparés dans l’état |F = 1,mF = 0〉. Celui-ci, tout comme |F = 2,mF = 0〉, est insensible au
premier ordre aux champs magnétiques.

Blindage magnétique et champ de compensation : Un blindage magnétique est placé
autour de l’enceinte à vide pour atténuer les champs magnétiques parasites — les principales
sources étant le champ magnétique terrestre, les bobines du 2D-MOT et les pompes ioniques.
Le champ résiduel est alors de l’ordre de la dizaine de mG à l’intérieur de l’enceinte [16, 105].
Trois paires de bobines supplémentaires sont installées à l’intérieur du blindage pour pouvoir
appliquer des champs magnétiques dans les trois directions de l’espace destinés à compenser
tout champ parasite résiduel.

II.5.2 Les transitions Raman

Les deux faisceaux Raman 1 et 2 (voir section II.1.2) sont superposés en polarisations
croisées avant de traverser un AOM qui permet de contrôler leurs puissances. Ils traversent
ensuite un télescope et atteignent ainsi un waist de 2,6mm. Ce waist, très large devant la taille
transverse de l’échantillon atomique, assure une intensité homogène au niveau des atomes. Ils
traversent ensuite une lame λ/4 et leurs polarisations respectives sont alors σ−/σ+. On ajoute
également une lame λ/2 pour corriger les défauts de polarisation acquis après réflexions et
transmissions sur les miroirs di- ou tri-chroïques à 45°. Les deux faisceaux traversent ensuite
l’enceinte à vide de bas en haut et, en sortie de la chambre, passent par une seconde lame λ/4.
Ils sont alors à nouveau en polarisations croisées et traversent un cube polariseur. Le faisceau
Raman 1 est transmis et rétro-réfléchi, il traverse à nouveau la lame λ/4 et se dirige de haut
en bas vers les atomes avec une polarisation σ+. Le faisceau Raman 2 réfléchi sur le cube est
bloqué. Nous avons donc 2 faisceaux Raman 1 et 2 en configurations contra-propageantes, et
de même polarisation σ+ (voir figure II.2).

La puissance dans chaque faisceau Raman est d’environ 5mW. On obtient, dans le piège
mixte, des fréquences de Rabi allant jusqu’à Ω12

2π ∼ 100Hz.

II.5.3 Antenne micro-onde

Nous avons également installé une antenne micro-onde (MW), fixée au bord d’un hublot
de l’enceinte à vide, qui permet un couplage entre les états internes |F = 1〉 et |F = 2〉. Le
vecteur d’onde kMW est très petit devant celui du réseau klat et ne permet donc pas de couplage
entre les états externes (les états de WS). La fréquence de l’onde micro-onde est générée en
mélangeant le signal d’un oscillateur local à 7GHz avec un second signal à 165MHz, lui
même produit en mélangeant un signal à 100MHz avec les 65MHz d’une DDS. On ajuste le
désaccord de l’onde MW en choisissant la fréquence de cette DDS. Ici encore, les fréquences
sont générées à partir de notre signal de référence à 100MHz. La puissance du signal généré
est de l’ordre de 10 dBm 1.

Le couplage maximal obtenu avec cette antenne MW est d’environ Ω
2π ∼ 5 kHz.

1. Pour l’habillage micro-onde dont nous parlons plus bas (section II.6.3), une puissance plus importante
est nécessaire et nous ajoutons un amplificateur (Mini-Circuits ZVE-8G+) permettant de dépasser les 30 dBm.
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II.6 La détection
Deux systèmes de détection sont mis en place sur l’expérience. On peut tout d’abord

imager les atomes in situ ou après un court temps de vol par absorption. On peut aussi
détecter l’état interne des atomes par fluorescence.

II.6.1 Imagerie par absorption

Ce système de détection nous permet d’imager notre nuage in situ. Ceci facilite grande-
ment l’alignement des différents faisceaux ; si des atomes sont piégés par un faisceau laser, ce
dernier devient visible à l’imagerie. Ce système de détection est aussi utilisé pour évaluer la
température du nuage et contrôler l’efficacité de l’évaporation comme nous l’avons vu plus
haut (section II.3.2). Le système d’imagerie est décrit plus en détail dans [112]. Un système
de deux doublets achromatiques permet de faire l’image du plan où se trouvent les atomes sur
une camera CDD (Hamamatsu - C9100-02S1). Le capteur CCD possède 1000 × 1000pixels2
de 8 × 8µm2. Le premier doublet a une focale de 150mm et un diamètre de 1 pouce et le
second une focale de 250mm et un diamètre de 2 pouces. On a donc une magnification de
γ = 5/3. La résolution maximale de ce système d’imagerie est donc de 4,8µm. Il ne permettra
pas de résoudre les sites du réseau.

Pour réaliser l’imagerie par absorption, un faisceau prélevé du laser refroidisseur (voir
section II.1.2) est envoyé sur les atomes avec un waist de 3,75mm. Puisque ce faisceau est
accordé sur la transition cyclante |F = 2〉 → |F ′ = 3〉, seuls les atomes dans |F = 2〉 sont
imagés. On circularise sa polarisation avec une lame λ/4 pour maximiser l’absorption de cette
lumière par les atomes. Les atomes sont très rapidement pompés optiquement et cyclent sur
la transition |F = 2,mF = 2〉 ↔ |F ′ = 3,mF = 3〉 dont la section efficace d’absorption est
σabs = 0,3µm2.

Le faisceau traverse les deux doublets achromatiques séparés de f1 + f2 = 40 cm et arrive
ainsi collimaté sur la CCD. Trois images sont enregistrées : la première est l’image du faisceau
absorbé par les atomes, la seconde celle du faisceau d’imagerie seul et la dernière celle du
bruit de fond. L’absorption des photons par les atomes nous permet de remonter à la densité
atomique en utilisant la loi de Beer-Lambert :

nph = n0
ph e
−(
∫
nat(z) dz)σabs (II.7)

où nph est le nombre de photons transmis en traversant l’échantillon atomique dans la direction
z, n0

ph le nombre de photons incidents, nat la densité atomique et σabs la section efficace
d’absorption. Nous soustrayons le bruit de fond aux deux premières images et pouvons ainsi
calculer la densité optique (OD) de notre nuage dans le plan normal au faisceau d’imagerie
(xOy) :

OD(x, y) = ln n0(x, y)
n(x, y) (II.8)

Nous connaissons donc le profil de densité atomique dans le plan (xOy) :

n2D
at (x, y) = OD(x, y)

σabs
(II.9)

où n2D
at (x, y) =

∫
nat(x, y, z) dz est une densité surfacique d’atomes (moyennée dans la direc-

tion z).
Nous pouvons alors retrouver le nombre d’atomes en intégrant dans le plan (xOy). Dans

le cas d’une distribution Gaussienne de la densité atomique (telle que pour des atomes piégés
dans un potentiel harmonique ou après un temps de vol pour un nuage thermique ayant une
distribution en vitesse de Maxwell-Boltzmann), nous obtenons alors :

Nat = 2π σx σy ODmax

σabs
(II.10)
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où σx et σy sont les tailles du nuage dans le plan (xOy) et ODmax est la densité optique
maximale.

II.6.2 Fluorescence après temps de vol

Pour connaître le résultat de notre interrogation, nous avons besoin de connaître l’état
interne de nos atomes. On utilise pour cela le système de détection par fluorescence présenté
dans [16] et [105].

À la fin du cycle, on éteint le piège et les atomes chutent jusqu’au système de détection,
16 cm plus bas. Ils traversent d’abord 5mm d’une première nappe de lumière, rétro-réfléchie,
provenant du laser refroidisseur, qui fait fluorescer les atomes dans l’état |F = 2〉. Le bas de
la nappe n’est pas réfléchi et les atomes dans |F = 2〉 sont ainsi poussés. Les atomes dans
|F = 1〉 traversent ensuite une seconde nappe de lumière provenant du laser repompeur et
sont repompés dans l’état |F = 2〉 avant d’être détectés en traversant une troisième nappe
identique à la première.

Ces deux signaux de fluorescence sont chacun collectés par deux photodiodes (Hamamatsu
S-1337), placées de part et d’autre des nappes de détection, avec une efficacité de 4,3% chacune.
Lors du montage de la nouvelle version de l’expérience nous avons ajouté des filtres à 532 nm
(IR Passe-Haut vendu par Edmund Optics) car un fond diffus important provenant du laser
du réseau était détecté par ces photodiodes.

Nous avons ainsi une mesure normalisée de la probabilité de transition P = N2
N1+N2

qui
permet de s’affranchir des fluctuations du nombre d’atomes.

II.6.3 Fluorescence in situ

Il est aussi possible de détecter les atomes par fluorescence avec notre système d’imagerie,
avec une meilleure sensibilité que l’absorption lorsque la densité optique est très faible. Une
impulsion des faisceaux du MOT à résonance permet de faire fluorescer les atomes dans
l’état |F = 2〉. Notre modèle de caméra permet un "binning" allant jusqu’à 8× 8 pixels. Ceci
consiste à accumuler les charges d’un groupe de pixels avant la numérisation. La résolution
est alors réduite mais la sensibilité est accrue, l’acquisition est plus rapide et surtout le bruit
est inférieur.

Nous avons mis ce système en place afin de pouvoir détecter de faibles nombres d’atomes.
Pour environ 500 atomes, en optimisant la durée des impulsions du MOT, leur désaccord et en
réduisant au maximum la taille de l’image considérée, nous avons pu atteindre un bruit d’une
vingtaine d’atomes coup à coup. Notre efficacité de collection des photons avec le système
d’imagerie actuel est de seulement ∼ 1%. En adaptant le système d’imagerie, il serait possible
d’améliorer facilement le rapport signal à bruit. Pour ces faibles nombres d’atomes et cette
efficacité de collection réduite, de longues impulsions de 15ms et un désaccord de −13MHz
optimisent le rapport signal à bruit.

Pour le travail effectué au chapitre V, nous avons travaillé avec les deux systèmes de
détection par fluorescence et avons toujours obtenu des résultats similaires. Aux chapitres III
et IV, nous utilisons le système de détection par fluorescence après temps de vol.

Normaliser la mesure Si cette méthode de mesure offre une meilleure sensibilité et un plus
bas bruit de détection coup à coup, elle n’est cependant pas normalisée alors que nous avons
des dérives relativement importantes du nombre d’atomes. Pour normaliser cette mesure il
est possible d’imager les deux états atomiques à deux positions différentes. Pour cela, nous
préparons ces deux populations dans deux sous-niveaux Zeeman distincts avant d’appliquer
un champ magnétique.
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La figure II.13 présente les niveaux et transitions mis en jeu pour cette étape de po-
larisation. Nous maintenons le champ de quantification de 70mG. Le sous-niveau Zeeman
d’un unique état est modifié en réalisant la transition sélective |F = 1,mF = 0〉 →
|F = 2,mF = −1〉 à l’aide d’une impulsion MW à la fréquence ν2 (en rouge). Cependant
la transition |F = 2,mF = 0〉 → |F = 1,mF = −1〉 est à la même fréquence (en gris). Nous
levons alors la dégénérescence entre ces deux transitions à l’aide d’un champ micro-onde
intense (habillage micro-onde) désaccordé de 10 kHz de la transition |F = 1,mF = −1〉 →
|F = 2,mF = −2〉 (en vert). La transition en gris est alors décalé de 2 kHz. La DDS de la
chaîne décrite section II.5.3 permet de générer successivement les deux fréquences ν1 et ν2.
On ajoute aussi un coupleur pour mélanger le signal d’une seconde DDS pour la fréquence ν3.

mf = 0 mf = 1 mf = 2
mf = -1mf = -2

mf = 0
mf = 1

mf = -1

�
Zmn

= 46,5 kHz

�= 2 kHz

Figure II.13 – Schéma des niveaux d’énergie mis en jeu pour la polarisation sélective dans
le niveau |F = 2,mF = 1〉.

Nous utilisons ensuite les bobines du MOT pour appliquer un gradient de champ magné-
tique et utilisons une des paires de bobines de compensation (voir section II.5.1) pour déplacer
le zéro de ce gradient. Nous pouvons ainsi déplacer les atomes dans l’état |F = 2,mF = −1〉,
dans la direction normale à l’axe d’imagerie, avant de faire fluorescer les atomes dans les deux
états à deux positions distinctes.
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Figure II.14 – Imagerie par ab-
sorption après 6ms de temps de vol.

La figure II.14 présente l’imagerie par absorption des
deux populations séparées ici d’environ 250µm, 6ms
après l’extinction des pièges 2. Nous mesurons une accé-
lération d’environ 1m/s2 qui correspond à un gradient
de champ magnétique de 3G/cm.

Mais cette accélération est insuffisante. Lorsque nous
imageons par fluorescence, les atomes sont chauffés et le
nuage s’étend très vite. Une séparation supérieure est
donc nécessaire. Sur la nouvelle enceinte dont nous par-
lerons plus bas (section II.8), il est prévu d’installer des
bobines dédiées à l’application d’un gradient pour cette
séparation. De plus, un système d’imagerie plus adapté
avec une efficacité de collection plus importante sera mis
en place.

Ici, nous avons utilisé ce système de détection dans
sa version non normalisée.

2. Pour optimiser la séparation, nous accélérons les atomes pendant 20ms avant l’extinction des pièges.
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II.7 Le Super-Réseau
Après avoir augmenté la résolution spatiale de notre capteur, nous souhaitons ultimement

sélectionner un seul état de Wannier-Stark. Pour cela nous avons besoin de lever la dégéné-
rescence entre les différents sites. Nous avons choisi de moduler spatialement la profondeur
du réseau en superposant deux réseaux de longueurs d’onde distinctes. On parlera alors de
super-réseau. L’étude de ce super-réseau et son utilisation pour sélectionner un seul état de
WS sont décrites dans le chapitre V.

Nous avons déjà un réseau à 532 nm, le second réseau est formé en rétro-réfléchissant cette
fois un faisceau à 515 nm (voir II.1.2). Tout comme le faisceau à 532 nm, celui-ci passe par
un AOM qui permet de contrôler la profondeur de ce second réseau. Les deux faisceaux sont
ensuite superposés au moyen d’un cube polarisant, comme le montre la figure II.9. Une étude
détaillée du mode du faisceau peut être trouvée dans le rapport de stage de Luc Absil [132].
À pleine puissance (10W), le profil du faisceau n’est pas gaussien comme on peut le voir sur
la figure II.15.

Figure II.15 – (Tirée de [132]) Profil du faisceau à 515 nm, après 3m de propagation, à une
puissance de 10W.

La première solution que nous avons choisie fut de laisser le faisceau se propager sur 6m
avant les atomes et le miroir de rétro-réflexion car alors, le faisceau retrouve une propagation
et un profil gaussiens. Nous avons abandonné cette solution car à une telle distance et après
une réflexion sur 14 miroirs (entre la tête laser et la recombinaison avec le faisceau à 532 nm),
nous faisions face à des fluctuations de pointé bien trop importantes. Nous avons donc réduit
à nouveau le trajet du faisceau et utilisons le laser à une moindre puissance. En effet une
très légère modulation du réseau est nécessaire pour lever la dégénérescence et une puissance
de 1W est suffisante (à cette puissance le faisceau est parfaitement gaussien dès la sortie du
laser).

II.8 La nouvelle enceinte à vide
Comme nous l’avons maintenant bien compris, l’objectif final de notre projet est de mesurer

des forces à courte distance et la méthode choisie est de sonder la différence d’énergie entre des
états de Wannier-Stark modifiés par l’interaction avec le miroir de rétro-réflexion du réseau.
Il faut pour cela placer les atomes au voisinage du miroir et il est donc nécessaire de placer
le miroir à l’intérieur de l’enceinte à vide. Le miroir se trouve en réalité dans une seconde
enceinte, que nous avons installée au dessus de la première. On choisit de placer le miroir loin
du lieu de préparation des atomes afin de préserver cette surface. En effet l’une des principales
limitations dans ce type de mesures à très courte distance est la pureté ou la connaissance
exacte de la surface mise en jeu ; c’est pourquoi on veut éviter de la contaminer avec les atomes
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de rubidium eux-mêmes. Une enceinte supplémentaire a donc été réalisée par le service MUTA
(Mécanique, Ultra-vide et Technologies Associées) du SYRTE. À l’intérieur, un support en
céramique doté de quatre emplacements permet l’installation de miroirs de 1/2 pouce de
diamètre. Nous n’avons pour l’instant placé que deux miroirs, réalisés dans deux substrats
différents, le premier en BK7 le second en silice fondue, mais possédant tous les deux les
mêmes traitements diélectriques. Le support est maintenu par un bras mécanique qui permet
une translation horizontale. On peut ainsi former le réseau avec l’un ou l’autre miroir ; on peut
également retirer les miroirs, si l’on veut réutiliser un miroir à l’extérieur de l’enceinte ou bien
pour faciliter les premières étapes d’alignement. Si le miroir est contaminé par un dépôt de
rubidium, on peut également le déplacer pour utiliser une zone vierge. L’enceinte est munie
de six accès optiques, notamment pour pouvoir imager les atomes ou pour pouvoir opérer
de nouvelles manipulations sur les atomes (seconde étape d’évaporation, repréparation, etc.).
On peut voir une photo de nos deux enceintes à vide sans leurs blindages magnétiques sur la
figure II.16.

Figure II.16 – Photo des enceintes à vide : en bas la chambre principale et au dessus l’ex-
tension où se trouvent les miroirs.

Nous parlerons de l’enceinte principale (en bas, où sont préparés les atomes) et de l’en-
ceinte supérieure (la nouvelle enceinte). Toutes deux furent conçus avec de grands hublots
pour permettre un accès optique aisé (pour le piège dipolaire optique ou pour l’imagerie par
absorption par exemple). On distingue une partie du bras mécanique à gauche de l’enceinte
supérieure. On voit également les trois bobines qui permettent de réaliser le champ de quan-
tification. Sous la chambre principale se trouve le système de détection par fluorescence :
on distingue la face arrière du miroir de rétro-réflexion des trois nappes de lumières décrites
section II.6.2.

La nouvelle enceinte est munie d’une vanne et elle ne fut mise en place que lorsqu’un vide
inférieur à 10−9 mbar fut atteint. Pour l’installer, il a fallu retirer le banc optique supérieur
(laser de confinement transverse - cube Raman - ancien miroir du réseau) ainsi que celui du
piège dipolaire (à mi-hauteur, au niveau de l’enceinte principale). Il était aussi nécessaire de
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retirer le blindage magnétique et pour cela, les faisceaux du MOT. L’enceinte principale re-
pose sur un bâti de profilés en aluminium. Nous en avons ajouté un second, sur lequel repose
maintenant l’enceinte supérieure. L’enceinte principale ne possède quant à elle aucune vanne
et il a malheureusement fallu casser son vide pour réaliser cette opération. Après trois mois
de pompage, et un étuvage léger, de quelques jours, autour de 70°C, nous avons retrouvé dans
cette enceinte un vide d’environ 10−9 mbar.

La mesure du temps de vie dans le MOT nous renseigne précisément sur le vide à l’intérieur
de l’enceinte principale. Nous pouvons ainsi vérifier la calibration de la jauge de notre pompe
ionique. On peut se référer à [133] pour une explication détaillée de la mesure du vide à l’aide
d’un MOT de rubidium ; on y trouve notamment les taux de perte lors de collisions avec
différents gaz. Pour simplifier au maximum le problème, nous avons mesuré la décroissance
du nombre d’atomes dans le MOT, après avoir interrompu le chargement et après avoir atteint
un régime de densité suffisamment faible pour pouvoir négliger les collisions à deux corps au
sein du MOT. Il s’agit alors d’une simple décroissance exponentielle. La figure II.17 présente
le signal de fluorescence du MOT. On y distingue un chargement rapide puis une saturation
(à plusieurs milliards d’atomes en 2,5 s) et après l’extinction du chargement, une décroissance
rapide puis un second régime où seules les collisions avec le gaz résiduel sont responsables des
pertes. En ajustant cette dernière section par une décroissance exponentielle, nous trouvons un
temps de vie de 29 s. Nous ne connaissons pas la composition du gaz résiduel mais en prenant
les taux de pertes maximum (4,9.107 s−1 Torr−1 pour des collisions avec du dihydrogène) et
minimum (2,3.107 s−1 Torr−1 pour des collisions avec de l’Argon) nous pouvons borner la
pression dans notre enceinte. La pression est comprise entre environ 1 et 2 10−9 mbar, en
accord avec la pression indiquée par la jauge.
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Figure II.17 – Temps de vie dans le MOT. La courbe rouge est un ajustement par une
décroissance exponentielle qui permet d’extraire le temps de vie τ = 29 s.

Après avoir remonté les faisceaux du MOT et le blindage magnétique, il a fallu réinstaller
le piège dipolaire et réoptimiser l’évaporation ce qui a abouti à la réalisation du second BEC
de 30 000 atomes évoqué section II.3.2.
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Chapitre III

Résolution spatiale et sensibilité
avec une source atomique

dense et ultrafroide

Comme nous l’avons expliqué au premier chapitre, l’objectif de ForCa-G est la mesure des
forces de Casimir-Polder et de gravitation à courtes distances entre des atomes et une surface
séparés d’une distance L et ces forces présentent une forte dépendance en L (respectivement
en 1

L5 et 1
L2 ). À une centaine de µm, la force de Casimir-Polder est déjà dans notre cas 7 ordres

de grandeur plus faible que la gravitation terrestre. Comme nous l’avons mentionné section
I.1.3, un intérêt du dispositif de ForCa-G est la connaissance précise de cette distance L grâce
au réseau dont l’origine est déterminée par la surface elle-même. Il n’est donc pas question de
moyenner la force exercée sur un nuage qui s’étale sur plusieurs mm. Nous cherchons donc à
obtenir la meilleure résolution spatiale possible pour notre capteur. C’est pourquoi nous avons
implémenté le refroidissement par évaporation pour réduire la taille du nuage (voir section
II.3) et ainsi améliorer la résolution spatiale de la mesure. Ultimement nous sélectionnerons un
unique état de Wannier-Stark et cette étape d’évaporation permettra d’augmenter le nombre
d’atomes se trouvant dans un même état de Wannier-Stark. Cette sélection est l’objet du
chapitre V. Le sujet de ce chapitre est l’étude de la résolution spatiale de notre capteur ainsi
que de la sensibilité que nous pouvons obtenir dans ces nouvelles conditions.
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III.1 La résolution spatiale
Nous définissons la résolution spatiale σ̄z de notre capteur comme l’écart-type en position

dans la direction verticale, moyenné dans le temps, de notre nuage atomique. Pour la déter-
miner, nous pourrions mesurer directement la taille du nuage à l’imagerie. Mais la résolution
de 5µm de notre système d’imagerie décrit section II.6.1 est insuffisante. Il nous faut donc
une autre méthode pour déterminer σ̄z.

Dans notre piège mixte (voir section II.4.4), le confinement dans la direction transverse
est plus faible que dans la direction verticale et notre nuage a la forme d’une galette. Nous
pouvons donc mesurer sa taille dans la direction transverse. Ensuite nous déduisons la densité
moyenne de la mesure du déplacement collisionnel, c’est-à-dire le déplacement de fréquence
induit par les collisions interatomiques, en utilisant l’équation IV.5.

Nous pouvons alors calculer la taille verticale à partir de la densité moyenne n̄at et de
la taille transverse σr. Dans le cas d’un piège harmonique dans les trois dimensions, on a
simplement :

σz = Nat

8π3/2σ2
r n̄at

(III.1)

Mais dans le cas du réseau, le profil vertical n’est pas gaussien et nous calculons dans un
premier temps le profil de la distribution atomique dans notre potentiel périodique.

III.1.1 Distribution atomique dans un potentiel périodique

Pour déterminer la distribution atomique dans le réseau, nous modélisons tout d’abord
l’échantillon atomique à la fin de l’évaporation comme un mélange statistique de paquets
d’onde minimaux, à une température de 300 nK, et suivant une distribution gaussienne d’écart-
type σz,DT . L’état initial dans le réseau vertical est alors obtenu en projetant ces paquets
d’onde sur les états propres |WSl〉 de la bande fondamentale du réseau. Les états projetés dans
les bandes excitées, qui ont un temps de vie négligeable (voir section I.3.1), sont considérés
comme perdus. On perd alors 15% des atomes à une profondeur de 1,9Erec, et 23% à 4Erec.
La distribution ainsi obtenue est représentée en bleu sur la figure III.1 (à gauche) pour une
profondeur de 1,9Erec. La courbe rouge correspond à la distribution initiale, dans le piège
dipolaire.

On laisse ensuite évoluer les états propres et on peut calculer la position moyenne et
l’écart-type de la distribution au cours d’une période de Bloch. On obtient l’oscillation de
Bloch induite par la gravité qui se traduit à la fois par une oscillation de la position et de
l’impulsion mais aussi de la taille du nuage. Cette dernière est représentée à droite de la figure
III.1. À la profondeur de 1,9Erec, la position du nuage oscille avec une amplitude d’environ
0,6µm. Avec un écart-type initial σz,DT de 2,8µm, la taille σz(t) de l’échantillon oscille entre
2,8 et 3,2 µm. La résolution définie comme l’écart-type moyenné sur le temps vaut alors
σ̄z = 3µm.
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Figure III.1 – Densité de probabilité dans la direction verticale dans le piège dipolaire har-
monique et dans le réseau à une profondeur de 1,9Erec (à gauche) avec la taille correspondante
évoluant pendant deux périodes de Bloch (à droite).

Maintenant que nous connaissons la distribution verticale du nuage, il est possible de
calculer la relation entre la densité linéique moyenne n̄z et la taille σz qui dépend de la
profondeur du réseau :

κ = n̄z σz

κ(1, 9 Erec) = 0, 34
κ(9 Erec) = 0, 56

(III.2)

Ce produit ne dépend pas de la taille initiale σz,DT tant qu’elle est supérieure à deux sites du
réseau (0,5µm). De plus, à la profondeur de 1,9Erec (9Erec), sa valeur varie de moins de 3%
(1%) au cours d’une oscillation de Bloch puisque la densité augmente quand la taille diminue.
Plus la profondeur du réseau augmente, plus le volume effectif diminue et plus ce facteur
augmente. Dans le cas harmonique on a κharmo = 1

2
√
π

= 0, 28.
Le déplacement collisionnel est mesuré à l’aide d’interféromètres durant 50 à 100 ms et la

densité déduite est donc moyennée sur plusieurs périodes de Bloch (1,76ms). La taille déduite
de la relation III.2 est donc elle aussi moyennée sur une période de Bloch et correspond à
notre définition de la résolution σ̄z.

Revenons maintenant à notre problème à trois dimensions. Puisque le piège est harmonique
dans la direction transverse, on a finalement :

σ̄z = κ
Nat

4πσ2
r n̄at

(III.3)

Remarque : impact des oscillations en position et limite sur la résolution
En principe, la résolution est dégradée par les oscillations en position. Dans notre cas, à

1,9Erec et avec une distribution de l’ordre du µm, cette dégradation est négligeable (inférieure
au pour cent). Par contre si on se place dans la limite d’un unique paquet d’ondes à 300 nK
on calcule une dégradation de l’ordre de 15%.

Dans cette limite d’un unique paquet d’ondes, en prenant en compte l’évolution de la taille
et de la position au cours d’une oscillation de Bloch, on trouve un écart-type de la distribution
en position moyenne de l’ordre du µm (qui dépend de la température et de la position dans
le réseau de ce paquet d’ondes). La limite fondamentale de la résolution de notre capteur, si
nous ne réalisons pas d’étape de sélection supplémentaire, est donc de l’ordre du micron.

55



CHAPITRE III. RÉSOLUTION SPATIALE ET SENSIBILITÉ AVEC UNE SOURCE
ATOMIQUE DENSE ET ULTRAFROIDE

III.1.2 Résultats

Nous donnons ici le résultat de la mesure de la résolution spatiale dans les conditions finales
de ce chapitre, utilisées pour la mesure de la figure III.9. Le waist du laser de confinement
transverse est alors de 300µm et sa puissance de 1,36W. Nous mesurons alors à l’imagerie
une taille transverse de σr = (74 ± 5) µm.
Le déplacement collisionnel que nous mesurons dans ces conditions vaut (25 ± 5) mHz pour
30 000 atomes. On en déduit de l’équation IV.5 une densité n̄at = (5 ± 1)×1010 at/cm3.
On dérive alors de l’équation III.3, pour la profondeur de 1,9Erec, la résolution spatiale :

σz = 3, 0± 0, 7 µm (III.4)

Ceci correspond à une taille à la fin de l’évaporation de 2,8µm comme pour l’exemple pris
figure III.1.
Meilleure résolution

Après les résultats présentés ici, la résolution spatiale a encore été améliorée. Le condensat
présenté section II.3.2 a une taille verticale de 1µm ce qui correspond à une résolution dans
le réseau d’environ 1,5µm. Mais cette amélioration de la résolution s’accompagne d’une aug-
mentation de la densité qui, comme nous allons le voir maintenant, induit une dégradation de
la sensibilité.

III.2 Optimisation de la sensibilité
Si la résolution spatiale de notre capteur est importante pour mesurer des forces à courte

distance, sa sensibilité l’est tout autant. En effet nous voulons réaliser une mesure de précision
de la force de Casimir-Polder (au pour cent) et pouvoir détecter une déviation à la loi de
Newton la plus petite possible (section I.1.3). Nous allons donc maintenant nous pencher
sur la sensibilité de notre capteur, dans ce nouveau régime de densité, où les interactions
atomiques sont devenues la principale limitation.

III.2.1 La sensibilité de l’interféromètre RRS

La sensibilité de notre capteur est définie comme la plus petite variation σνB de fréquence
mesurable. Si on appelle σcoup l’écart-type des fluctuations de fréquence mesurée coup à coup,
alors on obtient au bout de N mesures une incertitude donnée par σνB (N) = σcoup√

N
où le bruit

est blanc (c’est à dire qu’il n’y a pas de corrélation dans le bruit de mesures successives). Si
on appelle Tc la durée d’un cycle, on peut alors réécrire σνB (τ) = σcoup

√
Tc√
τ
. C’est pourquoi la

sensibilité s’exprime par
√

Hz ou bien souvent "à 1 seconde" comme nous le ferons ici. Cette
définition de la sensibilité est liée au concept de résolution du capteur (à distinguer de la
résolution spatiale !) qui est alors la meilleure incertitude statistique que l’on puisse atteindre
en fonction de la durée τ de moyennage.

Dans notre interféromètre le lien entre la variation de la phase et la variation de la tran-
sition de probabilité s’obtient en dérivant l’équation I.35 : σP = C

2 | sin Φ|σΦ. La sensibilité
sera donc maximale lorsque |Φ| → π

2 et c’est pourquoi nous effectuons toujours nos mesures
à mi-frange de l’interféromètre, comme expliqué section I.3.3. On a alors, dans le cas de
l’interféromètre RRS (voir équation I.38) : σP = C

2 σΦ = πCT ∆l σcoup.
La sensibilité relative de la mesure de la fréquence de Bloch s’écrit finalement :

σνB (τ)
νB

= 1
∆l νB

σP
π C T

√
T + Tp√
τ

(III.5)

pour une séparation de ∆l puits, où σP est l’écart-type des fluctuations coup à coup de la
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probabilité de transition, C est le contraste de l’interféromètre, T est le temps d’évolution
libre de l’interféromètre et Tp = 2,3 s est le temps de préparation et de détection.

Plus la séparation ∆l est importante, plus la mesure sera sensible. Cependant plus la
séparation est importante, plus la profondeur du réseau doit être faible pour optimiser le
couplage Raman (section I.31). Des séparations ∆l ≥ 7 puits nécessitent des profondeurs du
réseau inférieures à 1,3Erec. Pour de telles profondeurs, les pertes par effet Landau Zener
[99] deviennent trop importantes, ce qui entraîne une augmentation significative du bruit de
détection qui détériore la sensibilité. Nous choisissons donc une séparation ∆l = 6 puits.
Pour optimiser le couplage, la puissance du laser du réseau est alors réglée à 1,23W, ce qui
correspond à une profondeur de 1,9Erec (d’après la figure III.11 d’une part et l’équation I.17
d’autre part).

Pour optimiser la sensibilité de III.5, nous pouvons encore jouer sur trois autres para-
mètres : σP , C et T . Les fluctuations σP et le contraste C dépendent tous deux, comme
nous le verrons plus bas, du nombre d’atomes Nat et de la durée de l’interféromètre T . Il
faudra donc trouver un bon compromis à la fois pour le nombre d’atomes et pour la durée de
l’interféromètre pour optimiser la sensibilité.

III.2.2 Cohérence et contraste de l’interféromètre

Mesure du contraste
Nous commencerons donc par étudier le contraste de l’interféromètre Ramsey-Raman sy-

métrique. Pour ce faire, nous enregistrons les franges de l’interféromètre en allongeant sa durée
T . Les lasers Raman sont réglés à résonance afin d’optimiser le couplage et donc le contraste.
Pour produire les franges de l’interféromètre, un saut de phase proportionnel à T est alors
implémenté entre les première et dernière impulsions. Un exemple d’un tel signal est présenté
sur la figure III.2.
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Figure III.2 – Amortissement du contraste pour un interféromètre Ramsey-Raman symétrisé.
L’amortissement augmente avec la densité, ici proportionnelle au nombre d’atomes. Courbe
noire : 6 900 atomes – Courbe rouge : 21 400 atomes.

Le contraste est ensuite extrait de ces franges en calculant l’écart-type du signal sur une
période. On peut en effet montrer que l’écart-type de la variable Offset + C

2 cos(Φ) pour Φ
uniformément distribué entre a et a + 2π est égal à C

2
√

2 . Nous ajustons ensuite le contraste
par une décroissance exponentielle :

C(T ) = C0 e
−γT (III.6)

où γ est le taux d’amortissement du contraste.
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Les sources de décohérence
Nous avons identifié trois effets principaux, responsables de la décohérence et de la chute

du contraste dans notre interféromètre :

• Les interactions : Pour des densités typiques de l’ordre de 1011 at/cm3 obtenues après
le refroidissement évaporatif, les interactions atomiques induisent d’importants déplace-
ments collisionnels, de l’ordre de quelques dizaines de mHz. L’inhomogénéité de densité
se traduit alors par une inhomogénéité conséquente de déplacement de fréquence. Il
s’agit d’une inhomogénéité de la fréquence d’horloge ; la symétrisation devrait donc sup-
primer le déphasage. Cependant l’effet de la symétrisation n’est que partiel et il subsiste
un déphasage inhomogène responsable de la perte de contraste. On peut attribuer cet
effet imparfait de la symétrisation aux pertes atomiques accompagnées par une dimi-
nution de la densité pendant la durée de l’interféromètre ; on peut également envisager
un chauffage du nuage ou encore un échange d’énergie lors des collisions. Comme nous
pouvons le voir sur la figure III.2, augmenter le nombre d’atomes, et donc la densité,
engendre ainsi une décroissance plus forte du contraste.

• DLD : En plus des interactions atomiques, les inhomogénéités du déplacement lumineux
différentiel (DLD) induit par le laser de confinement transverse jouent aussi un rôle
important dans la décroissance du contraste. Comme dans le cas des interactions, il
s’agit d’un effet d’horloge qui, pour les mêmes raisons, n’est pas parfaitement rejeté par
la symétrisation.

• Force parasite : Un troisième effet qui affecte le contraste de l’interféromètre symétrisé
est l’inhomogénéité de la force parasite due au laser de confinement transverse (voir
section I.4.7 et [111, 105, 112]). Cette force est due au gradient vertical de potentiel du
laser (plus on s’éloigne du waist, plus le potentiel est faible). Elle dépend de la puissance
et est maximale au centre du faisceau. Il s’agit d’un effet inertiel, au même titre que
la gravité, qui n’est donc pas rejeté par la symétrisation. Nous atténuons cet effet en
plaçant le nuage au niveau du waist du laser.

Remarque sur les interactions et le SSR : Comme nous l’avons évoqué section I.4.8, dans de tels
régimes de densité, il a été montré que les collisions d’échange conduisent à la resynchronisation
des spins et, dans le cadre d’un interféromètre, au phénomène d’auto-synchronisation des spins
(SSR pour Spin Self-Rephasing) [112, 119]. Un intérêt particulier doit être porté, dans le cas
d’un interféromètre symétrisé, aux effets conjoints du SSR et des impulsions de symétrisation
[114]. Cependant dans le cas présent, des états spatialement séparés sont mis en jeu (∆l 6= 0)
ce qui réduit le taux de collisions d’échange et donc le SSR. On ne bénéficie donc pas de temps
de cohérence prolongés comme dans [119, 114], mais la symétrisation n’est pas perturbée.
Le rôle du confinement transverse

La densité atomique, le DLD et la force parasite dépendent tous trois de la puissance
P et du waist wr du laser de confinement transverse. Réduire sa puissance permet donc de
réduire les trois effets néfastes pour le contraste. Cependant, si la profondeur du confinement
transverse n’atteint pas les ∼ 2 µK, le nombre d’atomes piégés est drastiquement diminué. La
profondeur du piège dépend de l’intensité du faisceau et évolue donc comme P

w2
r
tandis que

la fréquence du piège évolue quant à elle comme
√
P

w2
r

(équation III.19). Pour une profondeur
donnée, augmenter le waist du laser permet donc de diminuer la fréquence du piège. Comme
nous le montrons dans l’annexe III.A, les inhomogénéités de densité et de DLD évoluent
comme la fréquence du piège tandis que l’inhomogénéité du gradient de potentiel vertical
évolue, proche du waist, comme

√
P

w6
r
. Augmenter le waist permet donc de diminuer les trois

effets, à profondeur constante, donc en piégeant a priori autant d’atomes.
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Mesure du contraste en fonction du confinement transverse
Afin d’étudier le rôle de ce laser de confinement transverse sur la cohérence de notre

échantillon, le taux de décroissance du contraste γ est mesuré comme expliqué ci-dessus pour
différents paramètres du laser (puissance et waist) et pour différents nombres d’atomes. Afin
de varier linéairement la densité, on change le nombre d’atomes à volume constant. Le nombre
d’atomes est contrôlé après la fin de l’évaporation, pendant la polarisation du nuage effectuée
par une séquence d’impulsions micro-onde et de faisceau pousseur (voir section II.5.1). On
ajuste ainsi le nombre d’atomes en changeant la durée de la micro-onde avant chaque impulsion
de pousseur. La rampe d’évaporation n’est donc pas modifiée (même taux de collisions pendant
l’évaporation) et on s’assure que le volume reste inchangé (pour des paramètres donnés des
lasers de piégeage) en vérifiant que la température est indépendante du nombre d’atomes.
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Figure III.3 – Effet du laser de confinement transverse sur le taux d’amortissement du
contraste γ. Le contraste suit une décroissance exponentielle : C(T,Nat) = C0 e−γ(Nat)T .
Les courbes continues sont des ajustements linéaires : γ(Nat) = γ0 + αNat.

La figure III.3 présente le taux de décroissance du contraste γ, en fonction du nombre
d’atomes, pour différents paramètres du laser de confinement transverse. Pour chacune de
ces configurations, le taux de décroissance augmente linéairement avec la densité et donc le
nombre d’atomes. Nous ajustons donc linéairement les données par :

γ(Nat) = γ0 + αNat (III.7)

où le terme αNat correspond à la contribution des interactions, tandis que le terme γ0, indé-
pendant du nombre d’atomes correspond aux autres sources de décohérence telles que celles
dues aux lasers de piégeage. Les points bleus et les croix rouges correspondent à des mesures
faites avec un waist de 150µm et des puissances de respectivement 613 et 215 mW. Dans
les deux cas la profondeur est suffisante pour transférer tous les atomes dans le piège après
l’évaporation. On voit nettement que diminuer la puissance du laser de confinement trans-
verse permet de réduire l’amortissement du contraste. Comme attendu, réduire la puissance
diminue à la fois l’offset γ0 et la pente α. Les carrés noirs correspondent à un waist de 300µm ;
la puissance est augmentée à 1,5W pour maintenir une profondeur suffisante. Lorsqu’on aug-
mente le waist du faisceau, la densité est significativement réduite pour un nombre donné
d’atomes, et la pente α diminue.
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Dépendance avec la fréquence du piège
Nous voulons nous intéresser plus en détail à l’évolution de γ0 et α en fonction des para-

mètres du laser de confinement transverse. Nous répétons donc ces mesures dans des gammes
de puissances allant de 6 à 60 W/mm2 et de waists allant de 150 à 300 µm. La figure III.4
présente l’évolution du paramètre α extrait de ces ajustements en fonction de la fréquence du
piège νr. Le terme αNat, puisqu’il provient des interactions, dépend de la densité atomique.
α est donc proportionnel au volume du nuage et, pour une taille donnée dans la direction
verticale, à 1

σ2
r
où σ2

r est la taille du nuage dans la direction radiale. Or 1
σ2
r
∝ νr (voir annexe

III.A). On s’attend alors à ce que α croisse avec νr. Aux basses profondeurs, l’approximation
harmonique n’est plus correcte et on sur-estime la fréquence du piège ; ceci explique proba-
blement le comportement non linéaire de α en fonction de νr pour les plus faibles valeurs de
α.
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Figure III.4 – Évolution du paramètre α extrait de l’ajustement linéaire du taux de décrois-
sance du contraste γ = γ0 + αNat en fonction de la fréquence du piège transverse νr.

Pour ce qui est de γ0, extraire un facteur d’échelle sera plus délicat puisque plusieurs effets
induits par le laser de confinement transverse sont en cause. Nous avons cité le DLD dont les
inhomogénéités évoluent comme la fréquence du piège (équation III.42) et les inhomogénéités
du gradient vertical qui, si les atomes sont proches du waist (z � zR), évoluent comme√
P

wr6 (équation III.48). L’inhomogénéité attendue de la force parasite est toutefois négligeable
devant celles du DLD (voir équations annexe III.A). On attend donc une évolution linéaire
de III.5 avec la fréquence du piège. Sur la figure III.5, nous avons représenté l’évolution de γ0
en fonction de la fréquence du piège.

Nous pouvons donc maintenant exprimer, à l’aide des équations III.6 et III.7, l’évolution
du contraste C(Nat, T ) en fonction du nombre d’atomes et de la durée de l’interféromètre,
pour différents paramètres du laser de confinement transverse. Nous choisirons pour la mesure
finale de la section III.3, d’augmenter le waist du laser de confinement transverse de 150 µm
à 300 µm. La taille du nuage dans la direction transverse passe alors de 36 µm à 74 µm et
la densité est ainsi réduite d’un facteur 4. La taux d’amortissement du contraste pour les
grands nombres d’atomes est également approximativement divisé par 4. Pour une puissance
de 1,36W et pour 15 000 atomes, le temps de cohérence de notre échantillon atomique est
alors de 1/γ = 2,5 s.

60



III.2. OPTIMISATION DE LA SENSIBILITÉ

0 10 20 30 40 50 60

0

0.2

0.4

0.6

0.8

1

waist 150 m
waist 200 m
waist 300 m

Figure III.5 – Évolution du paramètre γ0 extrait de l’ajustement linéaire du taux de décrois-
sance du contraste γ = γ0 + αNat en fonction de la fréquence du piège transverse νr.

III.2.3 Fluctuations de la probabilité de transition

Pour optimiser la sensibilité de l’équation III.5 et choisir les paramètres optimaux pour
l’interféromètre, il nous faut maintenant caractériser les fluctuations coup à coup de la pro-
babilité de transition σP . Nous quantifierons tout d’abord le bruit de détection σdet (qui ne
dépend que du nombre d’atomes) puis le bruit de phase de l’interféromètre σφ (qui dépend de
la durée T de l’interféromètre). En prenant en compte ces deux contributions, σP s’exprime :

σ2
P (Nat, T ) = σ2

det(Nat) + C2(Nat, T )
4 σ2

φ(T ) (III.8)

Bruit de détection
La majeure partie des fluctuations σP provient dans notre cas du bruit de détection que

l’on exprime :

σ2
det = a2

N2
at

+ 1
4Nat

+ b2 (III.9)

La première contribution correspond au bruit électronique tel que le bruit de numérisation
ou le bruit de tension du montage en transimpédance ou encore les fluctuations d’intensité
de la lumière parasite (diffusion provenant des différents lasers de piégeages et de refroidisse-
ment). Pour une probabilité de transition P = N2

N1+N2
, dans le cas où N1 ≈ N2 (mi-frange de

l’interféromètre), ce bruit s’exprime

√
σ2
N1

+σ2
N2

2 Nat
où σN1 et σN2 sont les fluctuations sur chacune

des voies du système de détection et Nat = N1 +N2. On a donc a =

√
σ2
N1

+σ2
N2

2 .
La seconde contribution correspond au bruit de projection quantique et la troisième au

bruit technique (tel que le bruit de normalisation ou le bruit d’intensité et de fréquence du
laser de détection).

Le sytème de détection ainsi qu’une étude détaillée du bruit de détection sont décrits dans
[105]. On y trouve a = 127 et b = 10−3. Nous avons maintenant beaucoup plus de puissance
disponible dans les nappes de détection (voir section II.1.2) ce qui nous permet de diminuer
le premier terme. En optimisant la puissance et le désaccord du laser de détection, on obtient
a = 58.
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Bruit de phase de l’interféromètre
Il reste maintenant à déterminer le bruit de phase de l’interféromètre. Nous nous plaçons

à mi-frange et on calcule l’écart-type d’Allan de la probabilité de transition. Pour distinguer
le bruit de phase du bruit de détection, on soustrait (quadratiquement) ce dernier en utilisant
l’équation III.9 et le nombre d’atomes mesuré. En tenant compte du contraste de l’interfé-
romètre, on accède ainsi au bruit de phase. Les résultats de cette mesure sont présentés sur
la figure III.6 ; on voit que le bruit de phase de l’interféromètre RRS, augmente avec la du-
rée T . Pour obtenir une expression analytique du bruit de phase et prendre en compte cette
augmentation avec T , on réalise un ajustement linéaire avec la loi σφ = σφ0 + kT . On trouve
σφ0 = (56± 7) mrad et k = (21± 6) mrad/s. La dispersion importante des données peut être
due à une non stationnarité du bruit de phase mesuré, la figure présentant des mesures réali-
sées sur plusieurs jours. Nous avons vérifié que l’utilisation d’un ajustement quadratique des
données ou bien d’une simple moyenne indépendante de T changeait très peu les paramètres
optimaux que nous calculons dans la section suivante.
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Figure III.6 – Bruit de phase de l’interféromètre Ramsey-Raman symétrisé (après soustrac-
tion du bruit de détection) en fonction de la durée T de l’interféromètre. La droite en rouge
est un ajustement linéaire.

III.2.4 Estimation de la sensibilité

Nous venons de décrire comment les paramètres C et σP dépendent du nombre d’atomes
et de la durée T de l’interféromètre. Nous pouvons donc maintenant estimer la sensibilité
de l’équation III.5 pour différentes géométries du piège et différents nombres d’atomes. Nous
utilisons les équations III.8 et III.9 pour exprimer σP (Nat, T ) ainsi que l’ajustement de la
figure III.6 pour exprimer σφ(T ). Les ajustements de la figure III.3 sont utilisés pour exprimer
C(Nat, T ).

La figure III.7 présente cette estimation de la sensibilité relative en fonction de la durée
T de l’interféromètre, pour trois nombres d’atomes différents et deux tailles de waist du laser
de confinement transverse. Le graphique de gauche correspond au waist initial de 150 µm et
celui de droite au nouveau waist de 300 µm.

Comme attendu, il existe pour chaque configuration une durée T ainsi qu’un nombre
d’atomes optimaux. Comme nous l’avons vu, le contraste décroit avec la durée de l’interfé-
romètre. La durée T optimale résulte donc d’un compromis entre un bon contraste mais un
mauvais facteur d’échelle aux temps courts et un contraste dégradé mais un meilleur fac-
teur d’échelle aux temps longs. Cette durée T optimale se distingue très clairement pour le
waist de 150µm, sur le graphique de gauche. Avec le waist de 300µm (graphique de droite),
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nous avons réduit le taux de décroissance du contraste, la sensibilité se dégrade donc moins
aux temps longs. Il existe également un compromis pour le nombre d’atomes entre un faible
bruit de détection aux grands nombres d’atomes et un meilleur contraste aux faibles nombres
d’atomes. Pour le waist de 300µm et des interactions réduites, au delà de 10 000 atomes, le
bruit de détection et la décroissance du contraste se compensent lorsqu’on change le nombre
d’atomes. Augmenter la taille du waist permet donc d’obtenir un meilleur contraste et ainsi
une meilleure sensibilité mais rend aussi la durée optimale de l’interféromètre moins sensible
au nombre d’atomes. Les paramètres optimaux pour la sensibilité sont alors moins sensibles
aux fluctuations du nombre d’atomes.

Finalement, pour un waist de 300µm, on trouve une sensibilité relative optimale de l’ordre
de 5×10−6 pour des durées T comprises entre 3 et 3,5 secondes et pour des nombres d’atomes
compris entre 10 000 et 60 000.
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Figure III.7 – Sensibilité relative estimée en fonction de la durée T de l’interféromètre
Ramsey-Raman symétrique (RRS), pour trois nombres d’atomes. À gauche : waist du la-
ser de confinement transverse = 150µm – À droite : waist du laser de confinement transverse
= 300µm.
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III.3 Résultats
Nous avons effectué des mesures de la fréquence de Bloch avec l’interféromètre Ramsey-

Raman symétrisé pour la puissance et le waist du laser de confinement transverse, choisis
section III.2.2, de wr = 300µm et P = 1,36W, avec des durées T allant de 50ms à 4 s et avec
des nombres d’atomes allant de 1 500 à 15 000. Notre meilleur résultat pour la sensibilité de
la mesure de la fréquence de Bloch est de 5× 10−6 à 1 seconde. Il est obtenu pour une durée
d’interféromètre T = 2,7 s et un nombre d’atomes Nat = 15 000. Ces valeurs sont proches
de la meilleure sensibilité et des paramètres optimaux estimés précédemment. Le contraste
correspondant est de l’ordre de C ∼ 0,3 et la densité est de l’ordre de n̄ ∼ 5 × 1010 at/cm3.
Une figure d’interférence typique est représentée sur la figure III.8.
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Figure III.8 – Franges de Ramsey typiques obtenues avec 15 000 atomes et pour une durée
d’interféromètre T=2,7 s. La courbe rouge est ajustement sinusoïdal des données.

La figure III.9 présente l’écart-type d’Allan des fluctuations relatives de la mesure de la
fréquence de Bloch. La courbe rouge en pointillés est représentée à titre de comparaison. Elle
correspond à la mesure effectuée dans [112] avec un échantillon très dilué chargé depuis une
mélasse optique, donnant une résolution spatiale dans la direction verticale de l’ordre du mm.
La sensibilité relative obtenue alors était de 1, 8 × 10−6 à 1 seconde et s’intégrait jusqu’à
1× 10−7 en 5 minutes.

Les courbes roses et vertes correspondent à la mesure réalisée avec un échantillon atomique
ultra-froid offrant une résolution de 3µm (voir section III.1) avec lequel nous avons réalisé
l’étude ci-dessus. La courbe verte correspond à une séparation ∆l = 6 puits et la rose à une
séparation ∆l = -6 puits. On observe une forte dérive de la fréquence mesurée. Nous avons
toujours observé ce genre de dérives qui sont corrélées avec les fluctuations de la tempéra-
ture dans la salle d’expérience. Le maximum observé à 5-8 minutes sur l’écart-type d’Allan
correspond en effet au cycle de climatisation de 10-15 minutes. Cette évolution de la tem-
pérature qui peut influer sur la polarisation ou l’alignement des faisceaux a pour principale
conséquence une variation du nombre d’atomes et de la densité d’une part et du couplage
Raman d’autre part. Nous pouvons ici rappeler que le déplacement collisionnel, pour une
densité de 5 × 1010 at/cm3 et une impulsion π/2 parfaite, est d’environ 25mHz. Une dérive
lente de la densité de l’ordre de 10% correspond donc à une dérive de 2,5mHz. Par ailleurs,
comme nous le montrons dans la section IV.2.2, une dérive du couplage Raman de seulement
1% induit, pour de telles densités, une dérive du déplacement collisionnel de 3mHz alors
que notre sensibilité à 1 seconde correspond à des fluctuations de fréquence coup à coup de
7,6mHz. Nous ne présenterons pas d’étude plus détaillée de cette dérive du déplacement col-

64



III.3. RÉSULTATS

lisionnel qui, quoiqu’importante, est une dérive lente qui se rejette très bien. Nous réalisons
en effet une mesure différentielle en entrelaçant les mesures avec les séparations ∆l = +6 et
-6 qui ont des couplages Raman identiques pour des profondeurs du réseau identiques mais
des fréquences distinctes de 12 νB. En calculant la demi-différence entre ces deux mesures,
on supprime alors tous les effets systématiques et les dérives lentes telles que celles décrites
ci-dessus. Cette mesure différentielle est représentée en bleu sur la figure III.9. La dérive est
bien rejetée et l’écart-type d’Allan s’intègre comme un bruit blanc en 1/

√
τ . Nous atteignons

ainsi une résolution de 8× 10−8 après une heure d’intégration.
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Figure III.9 – Écart-type d’Allan des fluctuations relatives de la mesure de la fréquence de
Bloch, réalisée avec une résolution spatiale de 3µm, avec un nuage chargé depuis le piège
dipolaire optique. La courbe rose en pointillé (verte tiretée) correspond à des mesures avec
une séparation spatiale de ∆l = -6 (∆l = +6) puits. La courbe bleue continue correspond à la
mesure différentielle obtenue à partir de la demi-différence entre les deux mesures précédentes.
La courbe rouge tiretée correspond à la mesure réalisée dans [112] avec un nuage de plusieurs
mm chargé à partir d’une mélasse optique.

65



CHAPITRE III. RÉSOLUTION SPATIALE ET SENSIBILITÉ AVEC UNE SOURCE
ATOMIQUE DENSE ET ULTRAFROIDE

III.4 Bruits et limitations
Pour mieux comprendre les limites pour la sensibilité de la mesure, nous avons réalisé une

étude exhaustive des contributions des différentes sources de bruit. Ces contributions sont
résumées dans la table III.1. Elles sont exprimées comme des fluctuations de fréquence coup
à coup avec la sensibilité relative à 1 seconde correspondante. Tous les résultats suivants sont
donnés pour l’ensemble de paramètres optimaux : C = 0,3, T = 2,7 s et Nat = 15 000.

Sources de bruit : σν coup à coup (mHz) σνB/νB à 1 s
Détection 5,1 3,34 ×10−6

Vibrations 2,65 1,7 ×10−6

Signal de référence 1,32 0,87 ×10−6

Lasers de piégeage 1,7 1,11 ×10−6

Somme (quadratique) 6,14 4 ×10−6

Fluctuations de l’interféromètre : 7,6 5 ×10−6

Tableau III.1 – Sources de bruit et leurs contributions aux fluctuations de la mesure pour un
interféromètre Ramsey-Raman symétrisé de durée T = 2,7 s, avec Nat = 15 000 atomes et un
contraste C ∼ 0,3.

III.4.1 Détection

La contribution principale aux fluctuations de la mesure provient du bruit de détection
qui a déjà été décrit dans la section III.2.3.

III.4.2 Vibrations

Puisque nous mesurons une différence de potentiel dans la direction verticale, notre capteur
est sensible aux bruits inertiels dans cette direction. L’accélération due aux vibrations du
miroir de rétro-réflexion est mesurée avec un sismomètre placé en haut de l’expérience, à côté
du miroir. Le signal de vitesse est acquis pendant toute la durée de l’interféromètre et est
pondéré par la fonction de sensibilité de l’interféromètre. Nous trouvons des fluctuations de
fréquence dues aux vibrations de σν,vib ∼ 2,65mHz.

III.4.3 Signal de référence

Un oscillateur à quartz est utilisé comme référence de fréquence pour la source micro-onde
et pour la différence de fréquence entre les deux lasers Raman. Nous utilisons un oscillateur
à très bas bruit (O-CDFF28ISN-R-10MHz/100MHz de NEL Frequency Controls, Inc.). Pour
éviter les dérives à long terme, le cristal est asservi sur une référence ultra-stable distribuée
dans tout le laboratoire (générée par un oscillateur cryogénique micro-onde à résonateur de
saphir refroidi à l’hélium liquide développé par l’UWA (University of Western Australia),
asservi en phase sur un des masers à hydrogène du SYRTE). Nous avons réalisé une mesure
de la densité spectrale de puissance (DSP) des fluctuations de phase de notre oscillateur,
présentée sur la figure III.10.
L’impact de ce bruit sur le bruit de phase de notre interféromètre s’exprime alors [134] :

σ2
φ(τ) = 1

τ

∞∑
n=1
|H(nωc)|2 Sφ(nωc) (III.10)
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Figure III.10 – Densité spectrale de puissance du bruit de phase de l’oscillateur utilisé pour
générer le signal de référence.

où τ est le temps de moyennage, |H(nωc)| est la fonction de transfert de l’interféromètre
[135, 134, 16], Sφ(nωc) est la DSP du bruit de phase du quartz et ωc = 2π

Tc
avec Tc le temps

de cycle. Le bruit de fréquence coup à coup calculé pour notre interféromètre RRS est alors
σν,cristal = 1,32mHz.

III.4.4 Lasers de piégeage

Nous nous penchons maintenant sur les fluctuations de puissance des lasers de piégeage : le
laser du réseau et le laser de confinement transverse. Ils induisent des déplacements lumineux
différentiels qui augmentent, ainsi que leurs inhomogénéités, avec la puissance du laser.

Pour étudier la contribution des lasers de piégeage, on réalise un interféromètre en inter-
rogeant la transition d’horloge (sans séparation, ∆l = 0) à l’aide d’impulsions micro-ondes ;
on est ainsi indépendant des fluctuations du couplage Raman qui dépend de la profondeur du
réseau. On peut rappeler ici que le couplage de la micro-onde est très homogène avec des fré-
quences de Rabi de l’ordre de 150 kHz ; on mesure donc seulement les fluctuations de fréquence
dues aux fluctuations du DLD mais on est insensible aux fluctuations de couplage. On s’inté-
resse à l’impact du DLD sur un interféromètre symétrisé ; on réalise donc un interféromètre
Ramsey-MW symétrisé (figure I.11b).

Pour un interféromètre de durée T = 3 s, on mesure des fluctuations de fréquence coup à
coup de 2,3mHz avec 17 000 atomes. On soustrait alors quadratiquement le bruit de détection
(toujours à l’aide de l’équation III.9) ainsi que le bruit lié au signal de référence que nous
venons de calculer. Il reste alors un bruit de 1,7mHz.

III.4.5 Lasers Raman

Les lasers Raman peuvent ajouter une contribution supplémentaire aux bruits de l’inter-
féromètre, d’une part par le biais d’un bruit de phase des lasers (en particulier en dehors de la
bande passante de leur boucle à verrouillage de phase), d’autre part par le biais de fluctuations
d’intensité engendrant des fluctuations de déplacement lumineux différentiel et de couplage.

Pour évaluer leur impact sur la sensibilité de la mesure, on compare les fluctuations des
interféromètres Ramsey-MW et Ramsey-Raman tous deux symétrisés. On n’obtient aucune
différence mesurable. Les lasers Raman n’ajoutent donc pas de contribution significative au
bilan des bruits.
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III.4.6 Profondeur du réseau

Lorsqu’on sépare les deux bras de l’interféromètre (∆l 6= 0) avec l’interféromètre Ramsey-
Raman symétrisé, le couplage entre les deux états mis en jeu dépend de la profondeur du
réseau. Par conséquent, les fluctuations de puissance, de waist ou encore de pointé du laser
du réseau ainsi que les fluctuations de pointé du laser de confinement transverse induisent des
fluctuations de couplage Raman dues à la profondeur du réseau ressentie par les atomes. Les
fluctuations de couplage induisent d’une part, comme on l’a évoqué plus haut, des fluctuations
de déplacement collisionnel (voir chapitre IV) et d’autre part des fluctuations de la probabilité
de transition via l’offset et le contraste de l’interféromètre.
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Figure III.11 – Couplage Raman en fonction de la profondeur du réseau pour une séparation
de ∆l = ± 6 puits. Le calcul est expliqué section I.3.2. La calibration décrite dans le texte se
fait entre 2,3 et 2,7 Erec où le couplage évolue linéairement avec la profondeur.

Nous allons d’abord estimer les fluctuations de profondeur et ensuite y associer les fluc-
tuations de fréquence mesurée correspondantes. Tout d’abord, on calibre la profondeur du
réseau avec le couplage. Pour ce faire on réalise une impulsion Raman proche de π/2 et on
varie la profondeur du réseau entre 2,3 et 2,7 Erec où le couplage évolue linéairement avec
la profondeur comme on peut le voir sur la figure III.11. Changer la profondeur change le
couplage et donc la probabilité de transition ; on peut donc relier la probabilité de transition
à une profondeur. C’est ce que l’on fait sur la figure III.12 où chaque point provient de la
moyenne de 128 mesures. L’ajustement linéaire donne -0,54± 0,02E−1

rec. Dans la gamme de
profondeurs choisies, une petite variation de profondeur provoque une forte modification du
couplage et les fluctuations de la probabilité de transition sont alors dominées par les instabi-
lités de profondeur. On relie donc simplement les fluctuations de la probabilité de transition,
après avoir soustrait le bruit de détection, aux fluctuations de profondeur. On mesure ainsi
des fluctuations de profondeur de σprof = (26± 1).10−3 Erec.

Maintenant que l’on a estimé les fluctuations de profondeur, on peut les relier aux fluc-
tuations de couplage avec la courbe de la figure III.11. Pour des fluctuations de profondeur
de σprof = (26± 1).10−3 Erec autour de la profondeur de 1,9Erec qui optimise le couplage
Raman, on calcule une variation relative du couplage de σΩ/Ω = 5 × 10−4. Au couplage op-
timal, on devient insensible au premier ordre aux fluctuations de profondeur, les fluctuations
relatives de couplages sont donc assez faibles. On simule numériquement l’impact de telles
fluctuations de couplage sur la probabilité de transition et sur la mesure de la fréquence ; on
trouve des fluctuations de fréquence de l’ordre de 10−5 Hz, tout à fait négligeables devant les
autres contributions du tableau III.1. On peut aussi calculer l’impact d’une telle variation de
couplage sur le déplacement collisionnel. Pour une densité de 5× 1010 at/cm3, on trouve des
fluctuations de fréquence, également négligeables, de 8µHz.
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Figure III.12 – Calibration de la profondeur du réseau avec la probabilité de transition.
L’ajustement linéaire donne -0,53± 0,02E−1

rec.

Conclusion

La somme quadratique des différentes contributions étudiées ci-dessus est proche des fluc-
tuations totales mesurées pour l’interféromètre Ramsey-Raman symétrisé avec l’ensemble des
paramètres optimaux pour la sensibilité. La différence subsistante pourrait s’expliquer par
la non-stationnarité des bruits mesurés, par des inhomogénéités longitudinales des lasers de
piégeage (non prises en compte section III.4.6 où on utilise un interféromètre sans séparation),
par des inhomogénéités de DLD induites par de la lumière diffusée par le laser du piège dipo-
laire de puissance totale 40W (bien que l’on fasse attention à en masquer la plupart à l’aide
d’obturateurs mécaniques), ou encore par une source de bruit supplémentaire non identifiée.

III.5 Mesure à faible distance

III.5.1 Sélection

Nous avons démontré section III.1, que notre capteur de force avait maintenant une réso-
lution spatiale de 3µm. Nous voulons pour réaliser la mesure de la force à courte distance,
une résolution encore meilleure et sélectionner un seul état de Wannier-Stark comme expliqué
dans le chapitre V. Une fraction seulement des atomes initialement chargés dans le piège mixte
participera alors à l’interféromètre et le bruit de détection sera alors fortement augmenté pour
une densité et des interactions identiques. La sensibilité relative attendue, pour une mesure
avec seulement 10% des atomes sélectionnés après l’évaporation et le chargement dans le piège
mixte, avec un waist du laser de confinement transverse de 300µm, est présentée figure III.13.
On voit sur le graphique de gauche que la sensibilité relative est complètement détériorée et
qu’on ne peut faire mieux que 2×10−5 à 1 s. On peut cependant compenser cette réduction du
nombre d’atomes en améliorant le système de détection. La sensibilité du graphique de droite
correspond à un bruit de détection réduit à la limite quantique standard (que l’on devrait
pouvoir atteindre avec une détection par fluorescence sur une caméra CCD) ; on obtient alors
une sensibilité relative de l’ordre de 5× 10−6 à 1 s.
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Figure III.13 – Sensibilité relative estimée en fonction de la durée T de l’interféromètre RRS
pour trois nombre d’atomes avec un waist du laser de confinement transverse de 300µm. À
gauche : Après sélection de 10% des atomes. – À droite : Après sélection de 10% des atomes
et avec un bruit de détection réduit au niveau du bruit de projection quantique.

III.5.2 Sensibilité attendue sur la mesure de la force de CP

En supposant que la sensibilité de la mesure sera bien celle estimée ci-dessus, on peut alors
calculer la sensibilité relative que l’on aura sur la mesure du potentiel de Casimir-Polder. Celle-
ci dépend de la distance à la surface puisque, plus on est proche du miroir, plus la force de
CP est grande, et donc meilleure sera la sensibilité relative. Cette dernière est présentée sur
la figure III.14. Le calcul de la force est le même que pour la figure I.2a du chapitre I.1.3 ou
nous avions considéré des atomes localisés et une surface parfaitement conductrice. Pour une
modélisation plus exacte nous renvoyons encore le lecteur aux travaux de [104] et [66] 1.

En plaçant les atomes à une distance inférieure à 6,5µm du miroir, on attend une sensibilité
relative sur la mesure du potentiel de CP inférieure au % par coup (le temps de cycle étant
de 5 s).
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Figure III.14 – Sensibilité relative attendue sur la mesure du potentiel de Casimir-Polder en
fonction de la distance au miroir en unité de puits (en noir en bas) ou en µm (en rouge en
haut).

1. En comparant notre approximation aux résultats de [66] (présentés figure I.2a) pour les distances allant
de 3 à 5 µm, nous trouvons que notre erreur sur le calcul de la force et donc de la sensibilité est inférieure à
20%.
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III.6 Amélioration : interféromètre multi-π
Comme nous l’avons expliqué au début de ce chapitre, plus la séparation est importante,

meilleure sera la sensibilité (voir formule III.5). Mais nous avons aussi précisé que les transi-
tions ∆l > 6 nécessitent, pour optimiser le couplage, des profondeurs très faibles auxquelles
le temps de vie des atomes dans le réseau (<1 s) devient limitant. Une alternative pour aug-
menter la séparation est d’utiliser une autre géométrie d’interféromètre, que nous présentons
ici, et que nous baptiserons “multi-π”.

III.6.1 Principe

Pour augmenter la séparation des deux bras de l’interféromètre, nous réalisons après la
première impulsion séparatrice π/2, une série d’impulsions π, tel que représenté sur la figure
III.15. Nous parlerons d’interféromètres N -π dans le cas où N impulsions π sont réalisées après
l’impulsion séparatrice. Nous distinguerons deux configurations : la séparatrice est réalisée avec
une impulsion Raman dans la première et une impulsion micro-onde (pour laquelle ∆l = 0)
dans la deuxième.

Les deux états sont alors séparés, dans ces deux configurations, de respectivement (2N +
1) ∆l et 2N ∆l puits du réseau. Ils évoluent ensuite pendant une durée T puis nous les recom-
binons par N nouvelles impulsions π et une dernière impulsion π/2. Nous avons augmenté la
séparation de facteurs (2N + 1) et (2N) respectivement et améliorons en principe d’autant
la sensibilité de la mesure.
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Figure III.15 – Séquence temporelle de l’interféromètre multi-π, dans ses deux configura-
tions, accompagnée du schéma des niveaux d’énergie mis en jeu. Des interféromètres 2-π sont
représentés dans cet exemple.
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Deux fréquences en jeu : Comme nous pouvons le voir sur la figure III.15, les transitions
Raman se font, dans cet interféromètre, à deux fréquences distinctes que nous avons appelées
ν1 et ν2. Comme nous l’avons décrit section II.1.2, notre système d’asservissement des lasers
Raman nous permet de changer la fréquence Raman au cours d’un même cycle de mesure.

Limitation critique de l’interféromètre multi-π : Il existe, avec ce type de géométrie,
de nombreux interféromètres parasites. En effet, un interféromètre N -π met en jeu 2 (N+1) ni-
veaux d’énergie et il existe (2N2+3N) interféromètres parasites. Donc pour un interféromètre
1-π il existe déjà 5 interféromètres parasites. Or, nos impulsions Raman contra-propageantes
dépassent rarement les 90% d’efficacité. Il est donc souhaitable pour réaliser un tel interféro-
mètre d’améliorer l’efficacité des transitions Raman. C’est le sujet de la prochaine section.

III.6.2 Passage adiabatique

Le passage adiabatique a lui aussi d’abord été introduit dans le domaine de la résonance
magnétique nucléaire (comme la spectroscopie de Ramsey ou la technique de l’écho de spin).
Il fut introduit dans le domaine de l’optique à la fin des années 60 [136, 137]. Une transition
atomique réalisée à l’aide d’un passage adiabatique permet de préparer exactement la moitié
des atomes dans chacun des deux états [138] ou d’obtenir un profil d’excitation carré. Ici nous
réalisons un passage adiabatique car il permet d’obtenir des efficacités de transition proches
de 100% même en présence d’inhomogénéités prononcées.

Principe
On trouvera des détails sur l’utilisation du passage adiabatique dans [138, 139, 140, 141].

Nous en décrirons ici simplement le principe. Celui-ci s’explique plus facilement dans la repré-
sentation de l’atome habillé. Les niveaux d’énergie des états |1〉 et |2〉 habillés par un champ
électromagnétique, ici celui des faisceaux Raman, sont représentés sur la figure III.16 en fonc-
tion du désaccord de ce champ Raman. Les états propres du système sont notés |+〉 et |−〉.
Très loin de résonance, les états |1, n〉, |2, n− 1〉 et |±〉 se confondent mais lorsque δ tend vers
zéro le couplage avec le champ életromagnétique lève la dégénérescence entre les états propres
et les états purs. Les états |+〉 et |−〉 sont alors en général une superposition des états |1, n〉 et
|2, n− 1〉). En balayant la fréquence Raman à travers la résonance, nous pouvons alors passer
de |1, n〉 à |2, n− 1〉 en restant dans l’état propre |−〉. Pour éviter toute transition de |−〉 vers
|+〉, il faut réaliser un passage adiabatique. Le critère d’adiabaticité s’écrit [140, 141] :

|Ωδ̇ − δΩ̇| � 2(Ω2 + δ2)3/2 (III.11)

où δ est ici le désaccord Raman et Ω la pulsation de Rabi Raman effective et où l’on utilise la
notation ẋ pour exprimer la dérivée temporelle de x. Au voisinage de la résonance, le critère
d’adiabaticité devient :

|δ̇|δ→0 � Ω2 (III.12)

Il faut donc balayer la fréquence suffisamment lentement au voisinage de la résonance. Très
loin de résonance, ce critère devient :

|Ω̇|δ→∞ � δ2 (III.13)

Pour respecter le critère d’adiabaticité il faut donc éviter toute variation brusque de l’intensité
du champ Raman. Aussi éviterons-nous les impulsions en créneau que nous utilisons la plupart
du temps et les remplacerons par des impulsions gaussiennes ou Blackman.
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Figure III.16 – Niveaux d’énergies de l’atome habillé en fonction du désaccord des photons.

Mise en forme de l’impulsion : Nous commandons la puissance des faisceaux Raman
par l’amplitude de diffraction d’un AOM. Nous mettons simplement l’impulsion en forme en
variant la commande de l’AOM. Il faut prendre en compte la fonction de réponse de l’AOM.
Sur la figure III.17, nous présentons la puissance normalisée diffractée par l’AOM en fonction
de la commande de l’amplification du signal RF. Nous ajustons les données par la fonction :

h(x) = p1 − p2

1− p1
p2
e
x
p3

+ p2 (III.14)

Les deux faisceaux sont diffractés par le même AOM, il faut donc utiliser la même fonction
de transfert. Nous réalisons donc un unique ajustement pour les données des deux faisceaux
Raman (en rouge). Nous trouvons comme paramètres : p1 = -0,1 p2 = -0,98 et p3 = 0,05.
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Figure III.17 – Efficacité de diffraction en fonction de la commande pour les deux faisceaux
Raman. Les lignes continues sont des ajustements par la fonction III.14.

La fonction de transfert de l’AOM (et de tout le circuit de commande : carte analogique,
VCO, amplificateur) est donc l’inverse de la fonction h(x). Pour obtenir une impulsion suivant
la fonction temporelle f(t), il faut alors appliquer comme commande la fonction :

F (t) = h−1[f(t)] (III.15)
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Nous avons réalisé des impulsions gaussiennes en fixant arbitrairement σ = τR
6 où τR est

la durée totale de l’impulsion Raman et en ajoutant un terme constant pour que le couplage
soit nul à t = 0 et t = τ :

fGauss(0 ≤ t ≤ τ) = e−
18(t−τ/2)2

τ2 − e−9/2

1− e−9/2 (III.16)

Nous avons également testé les impulsions Blackman qui sont données par :

fBlackman(0 ≤ t ≤ τ) = 0, 42− 0, 5 cos
(

2π t

τR

)
+ 0, 08 cos

(
4π t

τR

)
(III.17)

Les deux impulsions sont similaires comme on peut le voir sur la figure III.18 et les résultats
obtenus sont identiques. Dans les deux cas nous avons aussi bien respecté le double critère
d’adiabaticité. Ici le pas temporel de la commande est de 10µs. Ce temps est suffisamment
court devant la durée des impulsions d’une trentaine de ms.
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Figure III.18 – Évolution de la puissance et de la fréquence Raman au cours du passage
adiabatique.

Balayage de la fréquence : Comme expliqué section II.1.2, nous pouvons réaliser des
rampes linéaires successives de fréquences différentes grâce à nos DDS utilisées comme oscil-
lateurs de référence dans la boucle d’asservissement des lasers Raman. Il est ainsi possible
d’enchaîner les passages adiabatiques pour réaliser toutes les transitions π de la figure III.15.

Dans l’idéal il faudrait éviter de démarrer abruptement le balayage en fréquence afin
de maintenir une faible dérivée. Notre contrôle de la fréquence des Raman ne nous autorise
cependant que des rampes linéaires. Nous choisissons alors de réaliser le balayage en fréquence
au tiers de l’impulsion Raman où le couplage est supérieur au 2/3 de sa valeur maximale (voir
figure III.18). Nous respectons ainsi le critère d’adiabaticité.
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Réalisation
Nous présentons ici, avant de revenir à l’interféromètre multi-π, quelques résultats relatifs

au passage adiabatique.
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Figure III.19 – Efficacité du passage adiaba-
tique en fonction de l’amplitude de l’impul-
sion Blackman (τR = 60ms, δ0 = 150Hz).

Nous réalisons ici une rampe en fréquence
de ± 150Hz autour de la résonance. Nous res-
tons ainsi loin des transitions dans les puits
suivants (νB ≈ 568,5Hz) tout en réalisant un
balayage large devant toutes nos inhomogénéi-
tés. Dans le cas du balayage de la fréquence,
les oscillations de Rabi n’apparaissent pas en
augmentant la puissance Raman ou la durée
de l’impulsion, mais la probabilité de transi-
tion atteint une saturation. C’est bien ce que
nous observons sur la figure III.19 où nous aug-
mentons progressivement l’amplitude de l’im-
pulsion Blackman.

Nous vérifions sur cette figure que l’ampli-
tude de l’impulsion est suffisante pour respec-
ter le critère d’adiabaticité à partir de la moi-
tié de sa puissance maximale. Nous ne sommes
pas limités en puissance pour une telle rampe
de fréquence.

Comparaison avec les impulsions en créneau : Pour illustrer le gain du passage adia-
batique quant à l’efficacité de transition mais aussi en matière de stabilité, nous présentons
sur la figure III.20, l’évolution temporelle de la probabilité de transition pour une impulsion
en créneau et dans le cas du passage adiabatique où nous avons utilisé une impulsion de
Blackman de 60ms et une rampe en fréquence de 300Hz en 20ms. Nous présentons égale-
ment l’écart-type d’Allan des fluctuations de cette probabilité de transition. Afin d’observer
des fluctuations nettes nous présentons volontairement des données avant l’optimisation de
l’alignement des faisceaux. Nous alternons des séries de 10 mesures en 42 s dans chaque confi-
guration afin de pouvoir les comparer dans des conditions similaires. Nous pouvons constater
une corrélation très nette des fluctuations. Nous constatons clairement le gain en efficacité (de
87 à 93 %) et en stabilité. Le passage adiabatique réduit les fluctuations coup à coup, ainsi
que les dérives long terme.

Nous présentons maintenant, sur la figure III.21, le résultat du passage adiabatique dans de
meilleures conditions, immédiatement après avoir optimisé l’alignement des faisceaux lasers.
Nous atteignons cette fois une probabilité de transition de 97%. Les dérives ont disparu et
les fluctuations s’intègrent comme du bruit blanc. Nous n’atteignons toutefois pas les 100%.
Nous attribuons cette imperfection à un couplage plus faible pour ces 3% d’atomes restant,
probablement dû aux inhomogénéités de profondeur du réseau. Nous n’atteignons jamais un
aussi bon couplage sans le passage adiabatique.

Déplacement du nuage Nous avons réalisé une succession de 8 transitions adiabatiques,
de séparations ∆l = 6, en alternant les fréquences ν1 et ν2 de la figure III.15. Nous déplaçons
ainsi les atomes de 48 puits soit presque 13µm. Pour des états initiaux différents, les atomes
sont déplacés dans des sens opposés. Les deux nuages sont alors séparés de 96 puits soit
25,5µm. Nous pouvons tout à fait résoudre cette distance avec notre système d’imagerie. Nous
mesurons alors la position des deux nuages. Nous trouvons une distance de 20µm entre les
positions moyennes des deux nuages. Cette valeur inférieure est due au fait que les transitions
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Figure III.20 – Évolution temporelle de la probabilité de transition, dans des conditions non
optimisées, pour une impulsion en créneau classique et dans le cas du passage adiabatique.
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Figure III.21 – Évolution temporelle de la probabilité de transition, dans des conditions
optimisées, dans le cas du passage adiabatique.

ne sont pas parfaites et que des atomes sont perdus, à chaque transition, entre la position
initiale et la position finale. Il s’agit là de la distance qui séparerait les deux bras de notre
interféromètre si nous réalisions un interféromètre 7- ou 8-π.

Nous avons maintenant l’outil nécessaire pour réaliser l’interféromètre multi-π et allons
présenter quelques résultats dans la section suivante.
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III.6.3 Résultats

Observation d’interférogrammes multi-π
Nous avons réalisé des interféromètres multi-π dans les configurations 1 et 2 (voir fi-

gure III.15) avec des transitions adiabatiques ou des transitions classiques. Nous présentons
quelques exemples de résultats sur les figures III.22 et III.23 pour des transitions ∆l = 3 et
des durées d’interféromètre T=200ms. Nous choisissons (pour des raisons de simplicité) de
balayer la fréquence des impulsions π

2 pour varier la phase de l’interféromètre. Nous attendons
alors le même inter-frange quel que soit le nombre N d’impulsions π.

Sur III.22 nous représentons les franges obtenues dans la configuration 1 et avec des tran-
sitions adiabatiques. Nous présentons l’interféromètre "0-π" (c’est-à-dire avec seulement deux
impulsions π/2) à titre de comparaison. Le contraste de 50% est dû pour ce dernier à d’impor-
tantes inhomogénéités causées par le confinement transverse. Nous obtenons ici un contraste
de la dizaine de % pour l’interféromètre 1-π et de l’ordre du % pour les séparations supérieures,
malgré l’utilisation du passage adiabatique.
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Figure III.22 – Interféromètres N -π en configuration 1 (voir III.15) avec N = 0 à 3, pour le
cas du passage adiabatique.

Les résultats sont en fait similaires pour des impulsions en créneau. Nous présentons sur
III.23 des franges d’interférence pour l’interféromètre en configuration 2 avec des impulsions
en créneau. Pour un interféromètre 1-π réalisé avec une seule impulsion Raman, le contraste
est de 40%. Ici nous observons également un contraste de la dizaine de % lorsqu’on ajoute
une seconde impulsion Raman.
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Figure III.23 – Interféromètres N -π en configuration 2 (voir III.15) avec N = 1 à 4, pour le
cas des impulsions en créneau.
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Nous avons donc pu réaliser un interféromètre où la séparation est multipliée par 4 avec
un contraste de 10%. Nous obtenons le même type de résultats pour des séparations ∆l
différentes. L’interféromètre 1-π en configuration 2 a encore un bon contraste. Le contraste
chute radicalement dès que deux transitions Raman successives sont en jeu, que nous utilisions
le passage adiabatique ou non.

Nous représentons sur la figure III.24 l’évolution du contraste des interféromètres multi-π
présentés ci-dessus en fonction de la séparation des deux bras. Pour extraire le contraste de
chacun de ces interféromètres, nous ajustons nos résultats par la fonction :

P (δR) = a+ C

2 cos(δR T + φ0) (III.18)

Les barres d’erreur sont issues de l’incertitude de l’ajustement et ne prennent pas en compte
la dérive du contraste que nous aborderons ensuite.
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100

Figure III.24 – Évolution du contraste des interféromètres multi-π en fonction de la sépara-
tion

Le contraste semble décroître de façon exponentielle avec la séparation. Lorsque nous
augmentons la séparation, nous augmentons le nombre d’impulsions Raman et le nombre
d’interféromètres parasites. Toutefois nous n’expliquons pas la chute importante du contraste.
Instabilité de la phase et du contraste

Nous avons remarqué une surprenante instabilité du contraste de notre interféromètre
multi-π. La figure III.25, où sont tracés 41 interférogrammes acquis successivement, représente
l’évolution typique de nos mesures multi-π. Il s’agit ici d’un interférogramme 1-π, avec des
transitions ∆l = 3, des impulsions classiques en créneau et une durée d’interféromètre T =
200ms.

Afin d’observer l’évolution du contraste et de la phase de l’interféromètre au cours du
temps, nous réalisons un ajustement sinusoïdal de chaque interférogramme par la fonction
III.18. En gardant tous les paramètres libres, l’ajustement est peu fiable aux faibles contrastes.
Nous fixons alors le temps de l’interféromètre à T = 200ms et gardons seulement 3 variables
d’ajustement. Nous avons représenté, sur la figure III.26, un exemple d’un tel ajustement et
l’évolution des paramètres C et φ0.

Nous constatons une très forte dérive du contraste qui devient même nul puis augmente
mais après un saut de phase de π. De telles fluctuations rendent inutilisable un tel interféro-
mètre. Nous avons alors réalisé de nombreux tests pour trouver la cause de ces fluctuations
mais sans succès. Elle ne dépendent pas de la séparation ∆l, ni du transfert adiabatique puis-
qu’elles sont aussi présentes avec les impulsions en créneau. Nous observons le même genre de
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Figure III.25 – Évolution de l’interféromètre 1-π avec ∆l = 3 et T = 200ms.
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(a) Un interférogramme et son ajustement
sinusoïdal.
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(b) Évolution du contraste et de la phase extraits de l’ajustement
sinusoïdal.

Figure III.26 – Évolution du contraste et de la phase de l’interféromètre multi-π.

dérives pour différents temps de Ramsey ou différents couplages Raman. Les configurations
1 et 2 montrent le même genre de comportement. La figure III.26 représente l’évolution de
l’interféromètre dans des conditions particulièrement stables, pour des alignements optimisés.
La plupart des mesures que nous avons effectuées présentent une évolution plus rapide, sans
période de stabilité, du contraste et de la phase de l’interféromètre.
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CHAPITRE III. RÉSOLUTION SPATIALE ET SENSIBILITÉ AVEC UNE SOURCE
ATOMIQUE DENSE ET ULTRAFROIDE

III.A Annexe : le piège harmonique à deux dimensions
Nous précisons ici quelques résultats avec lesquels nous n’avons pas voulu encombrer le

corps du chapitre III. Nous nous intéressons dans cette annexe au confinement transverse et
donc à un piège harmonique à deux dimensions.
On appelle wr le waist du faisceau, ωr et νr les pulsation et fréquence du piège, σr la taille
transverse du nuage, Tr la température transverse du nuage et δr le déplacement lumineux
différentiel induit par ce faisceau.

III.A.1 Fréquence du piège et taille transverse du nuage

Comme nous l’avons déjà vu équation II.1, la fréquence d’un piège harmonique s’écrit :

νr = 1
2π

√
−4U0/m

wr
= χ

√
P

w2
r

(III.19)

où U0 < 0 est la profondeur du piège et χ = 9, 69×10−7 Hzm2/
√

W pour un laser à 1064 nm.
On a également :

1
2mω

2
rσ

2
r = 1

2kBTr (III.20)

Les niveaux d’énergie du piège harmonique 2D s’écrivent :

En = (n+ 1)~ωr (III.21)

où les états vibrationnels n peuvent être dégénérés.
La température est donc proportionnelle à la fréquence du piège :

Tr ∝ νr (III.22)

Donc (en prenant III.20 et III.22) :
1
σ2
r

∝ νr (III.23)

III.A.2 DLD : profil, écart-type et DLD moyen

Profil de densité 2D
Le profil gaussien de densité à 2D s’écrit :

n(r) = n0 e
− r2

2σr2 (III.24)

avec, dans l’approximation harmonique, σr � wr et où :

n0 = N

2πσ2
r

(III.25)

La densité moyenne vaut alors :

n̄ =
∫ ∞

0
n(r) n(r)

N
2πrdr = n0

2 (III.26)

et la variance en densité :

σ2
n =

∫ ∞
0

(n(r)− n̄)2 n(r)
N

2πrdr (III.27)
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soit l’écart-type 2 :
σn = n0

2
√

3
= n̄√

3
(III.28)

Et donc d’après III.25 et III.23, l’inhomogénéité de densité augmente avec la fréquence du
piège :

σn ∝ νr (III.29)

Profil 2D de l’intensité du laser de confinement transverse
Le profil transverse de l’intensité au niveau du waist wr d’un faisceau gaussien s’écrit :

I(r) = I0 e
− 2 r2

wr2 (III.30)

qui devient dans le cadre de l’approximation harmonique :

I(r) = I0(1− 2 r2

wr
2 ) (III.31)

avec :
I0 = 2P

πwr
2 (III.32)

L’intensité moyenne vue par les atomes vaut alors :

Ī =
∫ ∞

0
I(r) n(r)

N
2πrdr (III.33)

Ī = I0(1− 4 σr
2

wr
2 ) (III.34)

et la variance de l’intensité vue par les atomes :

σ2
I =

∫ ∞
0

(I(r)− Ī)2 n(r)
N

2πrdr (III.35)

soit l’écart-type :

σI = 4I0

(
σr
wr

)2
(III.36)

Déplacement lumineux différentiel (DLD)
Le DLD a le même profil que l’intensité :

δr = δ0
r (1− 2 r2

wr
2 ) (III.37)

avec
δ0
r = 1

~
β U0 (III.38)

avec β = 6, 07.10−5

ou encore :
δ0
r = γI0 (III.39)

avec γ = 1, 21.10−6 s−1/(W.m−2)

(β et γ sont calculés pour du 87Rb dans un faisceau à 1064 nm).

2. Dans le cas harmonique 3D, on a n̄ = n0
2
√

2 et σn = n̄
√

8
3
√

3 − 1.
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Et donc le DLD moyen vaut :

δ̄r = γĪ = δ0
r (1− 4 σr

2

wr
2 ) (III.40)

et l’écart-type du DLD :

σδr = γσI = 4δ0
r

(
σr
wr

)2
(III.41)

Et finalement d’après III.19, III.23 et III.41, on trouve que l’inhomogénéité du DLD évolue
comme la fréquence du piège :

σδr = 8γ
π

P σ2
r

w4
r

∝
√
P

w2
r

∝ νr (III.42)

III.A.3 Gradient vertical = force parasite

Ce confinement transverse est réalisé à l’aide d’un faisceau gaussien. Puisqu’il ne s’agit
pas d’une onde plane, il existe un gradient d’intensité le long de l’axe de propagation. Cette
variation du potentiel le long de la direction verticale est responsable d’une force parasite le
long de l’axe vertical de mesure dont nous avons déjà parlé section I.4.7.

Le potentiel est proportionnel à l’intensité. En ajoutant la dépendance verticale à III.31,
celle-ci s’écrit :

I(r, z) = 2P
πw2

r

1

1 +
(
z
zR

)2 (1− 2 r2

wr
2 ) (III.43)

où zR = πw2
r

λ est la longueur de Rayleigh.

Soit ∆I la différence d’intensité entre deux positions z et ∆z :

∆I(r) = I(r, z + ∆z)− I(r, z)

Nous mesurons la différence de potentiel entre deux positions espacées de ∆z = ∆lλlat2 et
nous ne réalisons jamais de séparation ∆l supérieures à 7 puits, donc ∆z < 2µm. Par ailleurs,
nous plaçons les atomes au niveau du waist pour réduire la force parasite. La longueur de
Rayleigh vaut environ 7 cm pour le waist de 150µm et 27 cm pour celui de 300µm. La condition
z,∆z � zR est donc toujours vérifiée.
On a, dans la limite z,∆z � zR :

∆I(r, z,∆z) = 2P
πw2

rz
2
R

(2z∆z + ∆z2) (1− 2 r2

wr
2 ) (III.44)

Le biais induit par la force parasite δpar, proche du waist, s’écrit alors :

δpar(r, z,∆l) = A(z,∆l) P

w6
r

(1− 2 r2

wr
2 ) (III.45)

avec A(z,∆l) = γ
2λ2

π3 (2z∆z + ∆z2)

δpar évolue comme P
w6
r
.

Le biais moyen δ̄par vaut :

δ̄par(z,∆l) = A(z,∆l) P

w6
r

(1− 4 σ
2
r

wr
2 ) (III.46)
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et son écart-type :

σδpar(z,∆l) = 4A(z,∆l) Pσ
2
r

w8
r

(III.47)

L’inhomogénéité σδpar est donc, d’après III.19, III.23 et III.47, proportionnelle à :

σδpar ∝
√
P

w6
r

∝ νr
w4
r

(III.48)
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Chapitre IV

Déplacement collisionnel avec
séparation dans un réseau vertical

Nous avons largement étudié dans le chapitre précédent l’impact des interactions atomiques
sur la cohérence de l’échantillon atomique et sur la sensibilité du capteur. L’objet de ce chapitre
est l’effet de ces interactions sur l’exactitude. Nous étudions donc le déplacement en fréquence
dû aux collisions dans notre interféromètre. Nous nous intéressons en particulier à l’influence
de la séparation spatiale sur ce déplacement collisionnel. En effet la superposition cohérente
d’états spatialement séparés et piégés est une caractéristique de notre interféromètre qui nous
place dans un cadre d’étude original.
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Pour ne pas alourdir ce chapitre, les quelques calculs utilisés sont regroupés dans la section
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CHAPITRE IV. DÉPLACEMENT COLLISIONNEL AVEC SÉPARATION DANS UN
RÉSEAU VERTICAL

IV.1 Introduction : interactions et déplacement collisionnel

IV.1.1 Sans séparation spatiale : le déplacement collisionnel dans les
horloges

Les interactions dans un gaz de bosons sont généralement décrites par des interactions
à deux corps. Dans le cas où la distance inter-atomique est grande devant la longueur de
diffusion, c’est à dire si a � n−1/3, nous sommes dans le régime dit dilué. Pour des atomes
de 87Rb, la longueur de diffusion vaut environ a ≈ 100 a0 ≈ 5 nm et pour des densités de
l’ordre de n = 1012at/cm3, la distance inter-atomique est de l’ordre de n−1/3 = 1µm. De plus
à nos températures de l’ordre de la centaine de nK, nous sommes dans le régime des collisions
froides en onde s (λDB � a↔ T � 1mK). On exprime alors le potentiel à deux corps comme
un potentiel de contact de la forme :

V (|~ri − ~rj |) = h gαβ δ(~ri − ~rj) (IV.1)
Nous avons introduit la notation gαβ = 2~

mRb
aαβ que nous utiliserons dans toute la suite de ce

chapitre. aαβ est la longueur de diffusion pour les deux particules i et j dans les états internes
respectifs α et β.

Tout comme pour un déplacement lumineux, les deux niveaux de la transition d’horloge
sont affectés différemment par cette interaction ce qui induit un déplacement en fréquence
que nous appelons déplacement collisionnel.

Nous négligeons ici les collisions latérales, c’est à dire les collisions entraînant une mo-
dification de l’état externe (les états de l’oscillateur harmonique dans la direction radiale et
les états de Wannier-Stark dans la direction verticale). En d’autres termes on néglige tout
couplage entre l’opérateur laplacien (énergie cinétique) et l’Hamiltonien d’interaction.
Dans le cas où seuls deux états internes |1〉 et |2〉 sont mis en jeu, un boson dans l’état |i = 1, 2〉
est alors soumis au déplacement collisionnel suivant :

δνi = n1 2 gi1 + n2 2 gi2 (IV.2)

où ni est la densité de l’état |i〉.
Le facteur 2 provient de l’indiscernabilité des bosons mis en jeu. Il peut être obtenu en utilisant
le formalisme de la seconde quantification qui fait apparaître la fonction de corrélation du
second ordre à zéro séparation g

(2)
0 qui vaut 2 dans le cas de bosons indiscernables (0 pour

des fermions ↔ exclusion de Pauli et 1 pour des particules discernables) [142, 143, 121] ou en
symétrisant la fonction d’onde en utilisant par exemple la base singulet-triplet (on obtient 0
en anti-symétrisant la fonction d’onde) [144].

On obtient alors pour le déplacement collisionnel global de l’horloge le résultat suivant :

∆ν = (g22 − g11) (n1 + n2) + (2g12 − g11 − g22) (n1 − n2) (IV.3)

On peut trouver ce résultat dans [145, 146] par exemple. Par rapport au résultat de [144],
l’effet des inhomogénéités de couplage est négligé.

Si l’on considère un interféromètre Ramsey-Raman (figure I.12) où la durée T de l’inter-
rogation est longue devant les durées d’impulsion τ1 et τ2, le déplacement collisionnel mesuré
dépend des densités ni entre les deux impulsions. Dans le cas où l’état initial est l’état |1〉, et
en absence de séparation spatiale, on peut réécrire les densité n1 et n2 en fonction de la densité
totale n et de l’aire de la première impulsion θ1 = Ωτ1 ; on obtient alors, en moyennant sur la
distribution atomique, l’expression suivante pour le déplacement collisionnel sans séparation
dans une horloge :

∆ν =
(
(g22 − g11) + (2 g12 − g11 − g22) cos θ1)

)
n̄at (IV.4)
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où n̄at est la densité atomique moyenne et avec cos θ1 = n1−n2
n1+n2

.
Notons que dans le cas du Rb, les trois longueurs de diffusion sont proches et les deux termes
de l’équation IV.8 sont alors petits. Le déplacement collisionnel dans une horloge au Rb est
alors beaucoup plus petit que dans une horloge au Cs par exemple.

Si on réalise une impulsion π
2 parfaite, alors cos θ1 = 0 et cette expression se simplifie en :

∆νπ/2 = ∆g n̄at (IV.5)

où ∆g = g22 − g11 = -0,49 Hz/(1012 at.cm−3).
En réalisant des interféromètres sans séparation, avec des impulsions micro-ondes π

2 , on peut
ainsi mesurer la densité dans notre nuage en utilisant l’équation IV.5.

IV.1.2 Cas de la séparation spatiale

Dans notre configuration, nous séparons les deux paquets d’ondes |1〉 et |2〉, et l’inter-
action entre ces deux états se trouve donc modifiée. La séparation se fait dans la direction
verticale mais nous avons une symétrie radiale. Nous séparerons donc la densité atomique en
ses composantes radiale et verticale : nat(r, z) = nz(z)nr(r). Comme détaillé section IV.A.1,
on peut alors réécrire l’équation IV.4 :

∆ν(∆z) =
(

∆g +
(
f(∆z)2g12 − g11 − g22

)
cos θ1

)
n̄at (IV.6)

où l’on a introduit la fonction f qui rend compte de la séparation :

f(∆z) = 1
n̄z

∫ +∞

−∞
nz(z)nz(z −∆z)dz (IV.7)

et où nz(z) est ici la densité linéique initiale avant la première impulsion et n̄z la densité
linéique moyenne. Nous donnerons plusieurs versions de f(∆l), qui dépend notamment de la
taille du nuage, dans la section IV.3.

Pour simplifier cette expression et présenter nos mesures du déplacement collisionnel, nous
choisissons la notation suivante :

∆ν(∆l) =
(
B +A(∆l) cos(θ1)

)
n̄at (IV.8)

où B = ∆g = -0,49 Hz/(1012 at.cm−3). Dans la limite où il n’y a pas de séparation, f(∆l = 0)
= 1 et on retrouve l’équation IV.4 ; on a alors A(∆l = 0) = 0,20Hz/(1012 at.cm−3). Dans
l’autre cas limite où il n’y aurait plus aucune interaction entre les états |1〉 et |2〉, f(∞) = 0
et on a A(∞) = −(g11 + g22) = -15,17Hz/(1012 at.cm−3).
Cette différence de 15Hz/(cos θ1) (pour une densité de 1012 at.cm−3) entre les deux cas li-
mites est considérable. L’effet de la séparation pourrait donc être conséquent et introduire un
déplacement collisionnel très différent de celui mesuré dans une horloge. C’est ce à quoi nous
nous intéressons dans ce chapitre.

87
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IV.2 Mesure du déplacement collisionnel
Afin de mieux comprendre les interactions atomiques et tenter de modéliser le déplacement

collisionnel, nous resterons dans le cas le plus simple possible. Nous réalisons un interféromètre
Ramsey-Raman non symétrisé pour ne pas supprimer ou atténuer le déplacement collisionnel.
Nous choisissons également des interféromètres suffisamment courts de 100ms pour rester
dans un régime sans resynchronisation des spins (voir sections I.4.8 et I.4.9).

IV.2.1 Description de la mesure

Nous enregistrons tout d’abord une oscillation de Rabi afin de calibrer l’aire θ1 de l’im-
pulsion Raman. La figure IV.1 présente un exemple d’oscillation de Rabi pour une transition
avec ∆l = 5 et où la profondeur du réseau est réglée à la valeur de 2,5Erec qui optimise le
couplage. En fixant par exemple τ1 à 9ms, on obtient une probabilité de transition de P =
0,68 et donc cos(θ1) = 1− 2R = −0, 36.

0 2 4 6 8 10 12 14 16 18
0
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0.4

0.6

0.8

1

Figure IV.1 – Oscillation de Rabi pour une transition avec ∆l = 5 à une profondeur de
2,5Erec.

Nous réalisons ensuite un interféromètre Ramsey-Raman (figure I.12) de durée T = 100ms
et mesurons la fréquence de la frange centrale tel que décrit section I.3.3. Pour déterminer
le déplacement collisionnel, nous mesurons cette fréquence centrale en fonction de la densité,
que nous faisons varier, comme au chapitre précédent, en changeant le nombre d’atomes. Le
graphique de gauche de la figure IV.2 montre un exemple de mesure de la fréquence en fonction
du nombre d’atomes (pour une séparation ∆l = 5 et cos(θ1) = 0,66). L’ajustement linéaire en
rouge permet d’extraire un déplacement collisionnel par atome. Cette mesure est réalisée pour
différentes populations en variant la durée τ1 de la première impulsion. Sur le graphique de
droite de la figure IV.2 est représentée la mesure du déplacement collisionnel (pour le nombre
maximum d’atomes c’est à dire ici environ 32 000) en fonction de cos(θ1). La barre d’erreur
verticale est extraite de l’ajustement précédent et la barre d’erreur horizontale correspond à
l’écart-type des fluctuations de la probabilité de transition après une unique impulsion π

2 . On
mesure σP ∼ 0,02. Et comme P = 1−cos(θ1)

2 , σcos(θ1) = 2σP = 0,04. Nous ajustons ensuite les
données par l’équation IV.8 afin d’extraire les paramètres A n̄at et B n̄at.

Nous utilisons ensuite une horloge (∆l = 0) avec des impulsions MW (figure I.11a) pour
déterminer la densité. L’efficacité de la transition avec les transitions MW est de presque
100% et nous pouvons considérer nos impulsions π

2 MW comme parfaites. Nous intercalons
donc entre les mesures de la figure IV.2 des mesures MW du déplacement collisionnel sans
séparation pour estimer la densité et finalement déduire les paramètres A et B.

Nous pouvons ensuite mesurer A et B pour différentes séparations et différentes profon-
deurs du réseau. Le tableau IV.1 récapitule les profondeurs qui optimisent le couplage pour
chaque séparation ∆l. On peut retrouver ces valeurs pour les premières séparations sur la
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Figure IV.2 – À gauche : mesure de la fréquence centrale en fonction du nombre d’atomes.
À droite : déplacement collisionnel en fonction de l’angle θ1.

courbe I.6. Remarquons que nous utilisons deux maxima du couplage pour ∆l = 1.

∆l 1 2 3 4 5 6 7

U0(Erec)
7,26 5,24 4,03 3,15 2,45 1,88 1,393,04

Tableau IV.1 – Profondeurs U0 qui optimisent le couplage pour des séparations ∆l

Séquence de mesure
La détermination des paramètres A et B, à une séparation et une profondeur données,

s’effectue à partir d’environ 1000 mesures (pour obtenir la figure IV.2 par exemple), ce qui
correspond à plus d’une heure d’acquisition. Pour chaque détermination de A et B, on alterne
12 configurations. 8 d’entre elles correspondent aux 2 nombres d’atomes pour chacune des 4
valeurs différentes de cos θ1 utilisées. 2 autres configurations avec encore 2 nombres d’atomes
permettent de mesurer la densité à l’aide d’un interféromètre micro-onde sans séparation.
On intercale 2 configurations supplémentaires de référence réalisées avec toujours la même
profondeur.

On alterne ensuite des séries de 10 mesures pour chaque configuration, un cycle de 12
configurations durant alors environ 8 minutes. Une configuration de référence revient environ
toutes les 4 minutes (2 par cycle) et une mesure différentielle permet alors de s’affranchir
d’éventuelles dérives. Notons que la mesure du déplacement collisionnel est déjà une mesure
différentielle entre deux configurations avec deux nombres d’atomes différents.

IV.2.2 Résultats

Les figures IV.3 et IV.4 présentent l’ensemble de nos mesures des paramètres B et A en
fonction de la séparation spatiale ∆l. Toutes ces données ont été acquises sur une période de
deux mois.

Pour le paramètre B (figure IV.3), qui n’est pas censé dépendre de la séparation, on ob-
serve une certaine dispersion des valeurs ainsi qu’une erreur relative importante (toujours
supérieure à 10% pour ∆l 6= 0). La droite rouge correspond à la valeur théorique de -
0,49Hz/(1012 at.cm−3) (équation IV.5). Celle en bleue correspond à la moyenne des données
pondérée par les incertitudes avec, en transparence, l’écart-type associé. Ces résultats sont
compatibles avec la valeur attendue pour B mais vu le manque de précision de la mesure,
nous ne nous attarderons pas plus sur ce paramètre. La valeur du paramètre B, dans le cas
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Figure IV.3 – Paramètre B extrait de l’ajustement IV.8 en fonction de la séparation ∆l. La
droite bleue correspond à la moyenne des données pondérée par leurs incertitudes, avec en
transparence l’écart-type associé. La droite en rouge est la valeur théorique.

de la séparation, devient petit devant A (comme nous allons le voir ci-après) ce qui explique
l’incertitude sur sa mesure. Une faible erreur sur cos θ1 implique, pour de fortes valeurs de A,
une erreur importante sur B. Pour la séparation ∆l = 0, la pente A est bien plus faible, c’est
pourquoi l’incertitude sur B est bien meilleure.
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Figure IV.4 – Paramètre A extrait de l’ajustement IV.8 en fonction de la séparation ∆l.

Nous avons représenté le paramètre A en fonction de la séparation sur la figure IV.4.
On remarque d’emblée que la valeur du paramètre A change de signe lorsque l’on réalise un
interféromètre à bras séparés (∆l 6= 0) et prend aussi des valeurs bien plus grandes (de quinze
à trente fois plus grandes que dans le cas sans séparation).
Par exemple, pour une séparation de ∆l = 6, si on considère une densité de seulement 5.1010
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at/cm3, alors une variation du couplage Raman de seulement 1% engendre une variation du
déplacement collisionnel de 3mHz, c’est à dire 20 fois plus que dans le cas d’une horloge.
La stabilité coup à coup du couplage Raman est donc indispensable pour la sensibilité de la
mesure (voir discussion section III.3). Deux valeurs assez différentes sont obtenues pour la
séparation de ∆l = 1 ; il s’agit de mesures effectuées à des profondeurs différentes : la valeur
de A la plus négative correspond à la profondeur la plus élevée de 7,26Erec (voir tableau IV.1).

Nous allons, dans la section suivante, proposer différents modèles pour expliquer ce com-
portement.

Remarque : Ajustement et incertitudes
Pour ajuster le déplacement en fréquence en fonction de cos(θ1) (figure IV.2), tout en

tenant compte des deux incertitudes (sur ∆ν et cos θ1), nous utilisons la méthode de York
et al. [147]. Mais nous ne considérons aucune corrélation entre les fluctuations de cos θ1 et
celles de ∆ν et surestimons ainsi les erreurs sur les paramètres A et B. Nous avons vu dans
notre bilan des bruits du chapitre précédent qu’à court terme, les fluctuations de couplage
Raman sont négligeables et que nous sommes dominés par le bruit de détection tandis qu’à
long terme, nous pouvons avoir de larges dérives du couplage Raman. Nous nous attendons
donc à ce que les fluctuations de ∆ν et cos θ1 présentent des corrélations à long terme mais
pas à court terme.

Cependant nous avons simplement utilisé l’écart-type de la mesure du couplage Raman
pour estimer l’incertitude sur cos θ1 et il faudrait plutôt calculer l’écart-type d’Allan et s’as-
surer que la dérive du couplage Raman n’a pas d’effet sur la mesure.

Nous n’avons pas poussé plus loin l’étude de cette incertitude sur le paramètre A car nous
cherchons d’abord à obtenir un accord qualitatif entre nos mesures et le modèle théorique.

Remarque 2 : La taille verticale
On peut comme au chapitre III déterminer la taille dans la direction verticale. On mesure

des densités maximales comprises entre 0.5 et 2.1012 at/cm3 ce qui correspond, pour notre taille
radiale de 25µm, et en prenant en compte le facteur κ de l’équation III.2, à des tailles verticales
comprises entre 1,5 et 4,5µm. Malheureusement, nous n’avons pas mesuré systématiquement
la taille transverse du nuage pour chacune des mesures de déplacement de fréquence, ce qui
introduit une certaine incertitude sur cette taille verticale. Bien que nous n’ayons pas changé
le waist ou la puissance du confinement transverse pour ces mesures, l’optimisation quasi-
quotidienne de l’alignement des faisceaux confinant peut conduire à des modifications de la
géométrie du piège.
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IV.3 Simulations
Nous allons maintenant vérifier si le modèle IV.6 permet d’expliquer nos mesures.

IV.3.1 Distribution gaussienne

Dans cette première interprétation la plus simple, nous considérons une distribution gaus-
sienne de notre nuage. Après la première impulsion de l’interféromètre, les atomes se trouvent
dans une superposition d’états séparés de ∆z = ∆lλlat2 . On a alors deux distributions gaus-
siennes, une pour chaque état, séparées de ∆z.

L’équation IV.7 devient alors (voir IV.A.2) :

f(∆z) = e
−∆z2

4σ2
z (IV.9)

Elle est représentée sur la figure IV.5, en fonction de la séparation ∆l, pour différentes tailles
σz de distribution initiale.
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Figure IV.5 – Équation IV.9 correspondant au recouvrement de deux distributions gaus-
siennes séparées de ∆l.

En introduisant IV.9 dans IV.6, on obtient pour la valeur du paramètre A, les courbes
continues de la figure IV.6 pour trois tailles du nuage allant de 1 à 3 µm. Sont aussi représentés
à l’aides des deux courbes noires, les deux cas limites évoqués plus haut, c’est à dire A =
0,20Hz/(1012 at.cm−3) pour f(0) = 1 et A = -15,17Hz/(1012 at.cm−3) pour f(∞) = 0.

Pour nos tailles supérieures à 2µm, l’amplitude du paramètre A est bien plus grande que
prévue par ce modèle (courbes verte et rouge). En effet la séparation étant petite devant la
taille du nuage, la valeur de f reste proche de 1 comme on a pu le constater sur la figure
IV.5. Nous sous-estimons donc clairement l’effet de la séparation. En considérant une taille
plus petite que celle estimée, on peut alors obtenir des valeurs de A plus grandes mais sans
pouvoir reproduire le saut entre ∆l = 0 et 1, puis le plateau.

IV.3.2 Distribution d’états de Wannier-Stark

Le modèle gaussien le plus simple ne permettant pas de reproduire les données expéri-
mentales, nous traitons le problème en utilisant les états propres du système, à savoir les
états de Wannier-Stark. Nous modélisons la distribution verticale par une distribution gaus-
sienne d’écart-type σz d’états de Wannier-Stark. Au chapitre III, nous avions pris le parti,
pour connaître la distribution verticale, de projeter une distribution gaussienne (d’écart-type
σDT ) de paquets d’ondes minimaux sur les états de Wannier-Stark. Pour un nuage assez large,
on trouve bien une distribution gaussienne d’états de Wannier-Stark dont l’écart-type σz est
presque identique à σDT (variation inférieure au % au delà de 2µm et de quelques % à 1µm).
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Figure IV.6 – Paramètre A extrait de l’ajustement IV.8 en fonction de la séparation ∆l. Les
courbes continues correspondent au modèle IV.3.1.

Ici puisque nous voulons comparer des séparations différentes qui sont donc réalisées à des
profondeurs différentes et aussi pouvoir faire ce calcul pour différentes tailles du nuage, il est
plus simple de considérer un mélange statistique suivant une distribution gaussienne d’états
de Wannier-Stark. Nous vérifions bien sûr que les deux approches sont identiques : la distri-
bution atomique obtenue est très proche de celle obtenue figure III.1 et, à quelques % près,
les deux approches donnent les mêmes déplacements collisionnels.
La distribution dans la direction verticale s’écrit alors :

nz(z) =
∑
l

g(l)|WSl(z)|2 (IV.10)

où g(l) suit une distribution gaussienne et ∑l g(l) = 1 puisque
∫
nz(z)dz = 1 et que les états

propres sont normalisés.
On introduit ici la notation :

WSl,m =
∫
|WSl(z)|2|WSm(z)|2dz (IV.11)

On a alors :
n̄z =

∑
l,m

g(l)g(m)WSl,m (IV.12)

et puisque nz(z −∆z) = ∑
l g(l)|WSl(z −∆z)|2 = ∑

l g(l)|WSl+∆l(z)|2 :

f(∆l) = 1
n̄z

∑
l,m

g(l)g(m)WSl+∆l,m (IV.13)

Les états de Wannier-Stark dépendent de la profondeur du réseau qui est ajustée pour
optimiser le couplage pour chaque séparation ∆l. On calcule en fait f(∆z) pour des couples
de profondeur U0 et de séparation ∆l. La figure IV.7 présente le recouvrement

WSl,l+∆l
WSl,l

=
∫
|WSl(z)|2|WSl+∆l(z)|2dz∫
|WSl(z)|2|WSl(z)|2dz

entre deux états de WS séparés de ∆l, en fonction de cette séparation, pour quatre profondeurs
parmi celles que nous utilisons ici. On voit clairement que moins le réseau est profond, plus
l’état de WS est étalé et moins le recouvrement diminue avec la séparation.
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Figure IV.7 – Recouvrement entre deux états de Wannier-Stark séparés de ∆l puits.

Ce modèle-ci conduit cette fois aux courbes de la figure IV.8 où ici encore les courbes
colorées correspondent aux résultats du calcul pour trois tailles du nuage. Pour la séparation
de ∆l = 1 les deux résultats correspondant aux deux profondeurs de 7,26 et 3,04Erec (voir
tableau IV.1) sont superposés et non distinguables.
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Figure IV.8 – Paramètre A extrait de l’ajustement IV.8 en fonction de la séparation ∆l. Les
courbes continues correspondent au modèle IV.3.2.

Les résultats sont assez semblables à ceux obtenus avec le modèle gaussien et ne permettent
toujours pas de reproduire les données. Aux plus grandes séparations, |A| augmente moins
vite car l’étalement plus important des états de WS (dû à la plus faible profondeur) atténue
l’effet de la séparation. Nous nous interdisons ici l’utilisation de tailles inférieures à 1µm qui
ne sont pas réalistes 1.

1. En effet, aux faibles profondeurs, un unique atome (un paquet d’onde minimal) se décompose sur plu-
sieurs états de Wannier-Stark selon une distribution non gaussienne. En projetant une distribution gaussienne
suffisamment large de paquets d’ondes minimaux, on obtient alors une distribution gaussienne d’états de
Wannier-Stark. La distribution gaussienne la plus étroite d’états de WS que l’on peut obtenir en projetant
une distribution gaussienne de paquets d’ondes minimaux a un écart-type de l’ordre du µm aux plus faibles
profondeurs.
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IV.3.3 Des particules discernables

Revenons maintenant sur un point évoqué au début de ce chapitre. Dans l’équation IV.3,
les facteurs 2 devant les densités n1 et n2 proviennent de l’indiscernabilité des particules. En
effet, il existe lors d’une collision entre deux telles particules, deux chemins qui mènent à la
même observation. Ceci engendre, dans le cas de bosons où il faut symétriser la fonction d’onde,
une interférence constructive et l’apparition du facteur 2 (et une interférence destructive dans
le cas de fermions où il faut anti-symétriser la fonction d’onde).

Pour deux particules dans le vide, l’indiscernabilité est évidente et on a bien une interfé-
rence constructive pour les bosons qui mène à l’apparition du facteur 2. Dans le cas d’atomes
piégés dans différents états d’un piège harmonique, il peut y avoir un échange d’états du piège
harmonique et les deux particules sont encore indistinguables. Dans notre cas, lors d’une col-
lision, l’énergie mise en jeu est insuffisante pour qu’un atome change d’état de Wannier-Stark,
la barrière de potentiel est trop importante pour qu’on assiste à un effet tunnel. Deux atomes
dans deux puits distincts ont deux énergies distinctes et deux positions verticales distinctes.
Notre hypothèse est ici que ces atomes ne sont pas indiscernables. Lors d’une collision, il n’y
a pas d’échange possible et il existe un seul chemin à prendre en compte. Mais puisque le
recouvrement entre des états de Wannier-Stark centrés sur des puits distincts est non nul, il
y a bien une contribution au déplacement collisionnel, cette fois sans le facteur 2.

On peut réécrire les équations en faisant apparaître la fonction de corrélation à distance
nulle αij [121, 148, 142, 143].
On arrive finalement à la réécriture suivante de l’équation IV.6 (voir IV.A.3) :

∆ν(∆l) = 1
2 G

(
(g22 − g11) +

(
fG(∆l)2g12 − g11 − g22

)
cos θ1

)
(IV.14)

où
G =

∑
l,m

αlm g(l)g(m)WSl,m (IV.15)

et
fG(∆l) = 1

G

∑
l,m

αlm g(l)g(m)WSl+∆l,m (IV.16)

Les paramètres A et B de l’équation IV.8 deviennent alors :

A(∆l) = G

2n̄z

(
fG(∆l)2g12 − g11 − g22

)
(IV.17)

B = G

2n̄z
∆g (IV.18)

En somme, au vu de notre discussion ci-avant, deux particules dans deux puits distincts
(identiques) sont discernables (indiscernables). Deux particules dans une superposition cohé-
rente d’états sont indiscernables seulement si elles sont dans la même superposition spatiale
(l, l + ∆l) (voir schéma IV.9). On a alors dans les équations précédentes, αlm = 1 + δlm.
Notons ici que dans cette hypothèse notre estimation de la densité à l’aide de l’équation IV.5
est erronée puisque celle-ci devient :

∆νπ/2 = ∆g G

2n̄z
n̄at (IV.19)

où, rappelons le, n̄z est la moyenne de la densité linéique dans la direction verticale. Si αlm =
2 quelque soit (l,m) alors G = 2n̄z, sinon G < 2n̄z et on a sous-estimé la densité 2. Dans notre

2. Notons que dans une telle hypothèse, au chapitre III, on a alors une résolution spatiale encore meilleure.
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Figure IV.9 – Schéma représentant l’indiscernabilité et la fonction de corrélation entre dif-
férentes superposition d’états de Wannier-Stark.

cas où αlm = 1 + δlm, on trouve que G
2n̄z est compris entre 0,56 et 0,7 selon la distribution g(l)

et la profondeur ; la densité serait donc sous-estimée d’un facteur 1,4 à 1,8.

Rappelons ici que la pente sur le graphique de droite de IV.2 nous donne accès au paramètre
A n̄at et que nous normalisons ensuite par la densité. Puisque l’estimation de la densité dépend
dans ce modèle de la distribution g(l), il faudrait pour chaque taille σz choisie, normaliser les
données différemment. Pour simplifier la représentation des données, ici nous normaliserons
plutôt par le paramètre G

2n̄z n̄at = ∆νπ/2
∆g qui ne dépend pas de la distribution choisie. Sur la

figure IV.10, nous présentons alors le paramètre A2n̄z
G .
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Figure IV.10 – Paramètre A extrait de l’ajustement IV.8 en fonction de la séparation ∆l.
Les courbes continues correspondent au modèle IV.3.3.

Les trois courbes en couleur correspondent à l’équation (fG(∆l)2g12 − g11 − g22) (IV.17)
pour trois tailles du nuage. La tendance est ici bien différente des deux modèles précédents ;
on constate un saut dès qu’on réalise la séparation puis un plateau si le nuage est assez large.

Sans séparation, tous les états d’un même puits sont indiscernables et leur interaction
domine largement devant les interactions inter-puits. Pour ces états, le facteur A vaut alors
(2g12−g11−g22) et reste petit. Lorsqu’il y a séparation, l’interaction intra-états reste inchangée
— puisque le recouvrement est toujours maximal pour des états issus du même puits — et
correspond à la même quantité (−g11 − g22). Par contre, l’interaction inter-états est réduite
et on pourra distinguer deux cas : pour deux états initialement dans le même puits (les états
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bleus sur le schéma IV.9), l’interaction inter-états diminue à cause de la chute du recouvrement
et correspond à la quantité (2g12) réduite d’un facteur 0,7 à 0,3 (voir recouvrement figure
IV.7). Le recouvrement inter-états devient maximal pour deux particules initialement séparées
de ∆l puits (les états bleu et rouge de la figure IV.9), mais puisqu’il sont distinguables,
leur interaction est deux fois moins forte et correspond à la quantité (1g12). Cette soudaine
diminution de l’interaction inter-états lors de la séparation explique la variation nette qui
apparaît pour le paramètre A. Ce modèle fait en outre apparaître, pour la séparation de
∆l = 1, une différence significative entre les deux profondeurs.

Si le comportement décrit ci-dessus est bien celui attendu, il existe encore un large écart
entre nos résultats expérimentaux et ce modèle.

IV.3 – Conclusion

En prenant en compte une distribution réaliste d’états de Wannier-Stark dans le réseau
et la discernabilité entre des états de Wannier-Stark distincts, nous pouvons reproduire
la variation nette du déplacement collisionnel induit par la séparation des bras de
l’interféromètre. Cependant les valeurs prédites par notre modèle restent très différentes
de nos mesures. Nous faisons dans la suite de ce chapitre, différentes propositions pour
expliquer cette différence.

IV.4 Discussion

IV.4.1 Correction au recouvrement et à l’interaction inter-puits

Dans la formule IV.14, les facteurs G et fG(∆l) dépendent du recouvrement inter-états.
Celui-ci est calculé pour les états de Wannier-Stark d’un potentiel périodique 1D parfait. Si
les modes des faisceaux aller et retour sont différents, que les faisceaux divergent légèrement
ou bien qu’il existe des interférences spatiales parasites (tavelure ou diffraction due à de la
poussière par exemple), la profondeur du réseau peut être modulée, ce qui affecte les états
propres du système et donc leur recouvrement. Pour prendre ceci en compte, nous ajoutons
un facteur correctif au recouvrement inter-puits.

Pour reproduire le comportement des données, il faut réduire l’interaction inter-puits d’un
facteur 3 ; nous obtenons alors les courbes de la figure IV.11. Cette correction semble trop
importante pour être liée à la seule qualité du potentiel mais peut-être existe-t-il une autre
cause responsable de la diminution de cette interaction.

L’amplitude du saut entre ∆l = 0 et 1 correspond alors aux mesures. En effet, en ré-
duisant l’interaction inter-puits, on exalte l’effet de la séparation. Nous avons ici corrigé le
recouvrement du même facteur pour toutes les profondeurs. Si on applique une correction
plus importante aux grandes qu’aux faibles profondeurs, l’accord est encore meilleur.

Ici nous avons encore réduit le facteur G de l’équation IV.19. Nous trouvons cette fois
des valeurs de G

2n̄z comprises entre 0,27 et 0,5 en fonction de la distribution g(l) et de la
profondeur. Nous aurions donc cette fois sous-estimé la densité d’un facteur 2 à 3,8.

IV.4.2 Remarque sur les longueurs de diffusion

Les valeurs des longueurs de diffusion que nous utilisons sont celles calculées par C.
Williams, utilisées dans [149] et consignées dans la thèse d’Y. Sortais [145]. Les longueurs
de diffusion dépendent du sous-niveau Zeeman. Les valeurs varient pour le 87Rb de moins de
5%. Cependant, une variation de quelques pour cent pour les différents aij peut engendrer
d’importantes variations de ∆g ou δg. En effet ces deux facteurs sont des différences des aij et
seraient nuls si les trois longueurs de diffusion étaient égales ; celles-ci ayant des valeurs proches
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Figure IV.11 – Paramètre A extrait de l’ajustement IV.8 en fonction de la séparation ∆l.
Les courbes continues correspondent au modèle IV.4.1.

pour le Rb, leurs différences varient rapidement. Les trois valeurs nous concernant pour nos
états |1〉 = |F = 1,mF = 0〉 et |2〉 = |F = 2,mF = 0〉 sont : a11 = 101, 284 a0, a22 = 94, 946 a0
et a12 = 99, 427 a0 où a0 ≈ 0, 53 Å est le rayon de Bohr. Des mesures du déplacement colli-
sionnel dans une horloge en fontaine sont en accord avec ces valeurs [149, 150] mais la densité
étant de l’ordre de 108 at/cm3, le déplacement en fréquence est de seulement quelques dizaines
de µHz et l’incertitude relative de la mesure est importante.

On peut également trouver dans une publication plus récente [151] les valeurs suivantes
pour les longueurs de diffusion, calculées à partir de potentiels moléculaires mesurés dans
[152] : a11 = 100, 9 a0, a22 = 94, 9 a0 et a12 = 98, 9 a0. Ceci implique une variation de 5%
pour le paramètre ∆g et donc pour l’estimation de la densité, mais la différence dans notre
modélisation du paramètre A est négligeable.

Nous proposons ici de varier arbitrairement la valeur de ces longueurs de diffusion pour
évaluer l’impact d’une erreur sur leur estimation. En utilisant le modèle de la section IV.3.3 et
en prenant par exemple a12 = 100 a0, a11 = 100, 4 a0 et a22 = 98, 4 a0, on obtient le graphique
IV.12.

Ce modèle reproduit bien les données pour une distribution de σz = 5µm. Mais il a
fallu apporter une correction importante aux longueurs de diffusion pour expliquer la diffé-
rence entre le modèle IV.3.3 et nos mesures. La valeur de ∆g est alors de −0,155 au lieu de
−0,49 (1012at/cm3)−1 ce qui correspond à une correction d’un facteur 3.

Les calculs des longueurs de diffusion reposent sur des mesures précises des potentiels
moléculaires. Il est mis en avant, dans [153], la dépendance importante entre la longueur de
diffusion et le paramètre C6 du potentiel moléculaire ; la dispersion des résultats et la précision
des mesures de C6 avant les années 2000 [154, 155, 156, 157] laissaient une grande incertitude
sur la valeur des longueurs de diffusions. Mais plus récemment des mesures très précises ont
suffisamment contraint ces potentiels pour que les longueurs de diffusion triplet et singulet
[158] puissent être estimées avec une précision meilleure que le pour cent [159, 152, 160].
L’étude de la dynamique de condensats de Bose-Einstein [161, 162] donne des mesures très
précises des longueurs de diffusion qui valident la théorie. Mais il s’agit de BEC dans des
pièges magnétiques et les états mis en jeu sont |F = 1,mF = −1〉 et |F = 2,mF = 1〉. Il est
regrettable de ne pas avoir une telle mesure pour les longueurs de diffusion concernant nos
sous-niveaux Zeeman. L’incertitude énoncée dans les modèles théoriques cités ici et l’accord
trouvé avec les mesures, par exemple [161, 162], donnent donc ici peu de crédibilité aux valeurs
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Figure IV.12 – Paramètre A extrait de l’ajustement IV.8 en fonction de la séparation ∆l.
Les courbes continues correspondent au modèle IV.4.2.

de longueurs de diffusion que nous avons ajustées.

IV.4.3 Normalisation par le volume

Pour pouvoir comparer toutes nos mesures, nous normalisons la pente A n̄at de l’équation
IV.8 par la densité moyenne que nous avons jusqu’à présent estimée à l’aide de mesures du
déplacement collisionnel dans un interféromètre sans séparation avec des impulsions micro-
ondes et en utilisant l’équation IV.5. Nous voulons dans cette partie normaliser la pente A n̄at
sans s’appuyer sur cette mesure. Nous utiliserons pour cela le volume du nuage que nous
définissons comme V = N

n̄at
. D’après notre étude section III.1, ce volume vaut alors :

V = 4πσ2
r

σz
κ(U0) (IV.20)

Nous avons mesuré une taille radiale typique de 25µm. Malheureusement, comme nous l’avons
signalé plus haut, nous n’avons pas mesuré systématiquement, pour chaque mesure du dépla-
cement collisionnel, la taille transverse du nuage. Celle-ci est pourtant susceptible de varier
d’une mesure à l’autre et on peut même envisager un couplage entre la taille transverse du
nuage et le confinement longitudinal. Pour que ce modèle corresponde au mieux aux mesures,
nous allons ici ajuster σr ainsi que σz. Ensuite pour chaque profondeur, nous pouvons calculer
le paramètre κ et donc le volume du nuage.

Les résultats pour deux géométries du nuage sont présentés sur la figure IV.13. Les deux
couples (σr, σz) choisis sont (17µm, 3µm) et (25µm, 1,8µm). Cette fois-ci le modèle est assez
proche des données ; le résidu pourrait être supprimé en ajustant la géométrie pour chaque
mesure.
Remarque : La densité et le paramètre B

Puisque nous avons, dans cette section, déterminé un volume et que nous mesurons le
nombre d’atomes, nous pouvons ainsi déterminer la densité correspondante.
Nous comparons alors la densité mesurée à l’aide du déplacement collisionnel dans un interfé-
romètre micro-onde et de l’équation IV.18 à celle estimée ici à partir du nombre d’atomes et
du volume IV.20. Un ajustement linéaire de toutes les mesures donne, pour les deux couples
de paramètres considérés au dessus, les facteurs correctifs 0, 31± 0, 03 et a = 0, 40± 0, 04.
La géométrie choisie pour le modèle ne correspond donc pas à la densité extraite du dépla-
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Figure IV.13 – Paramètre A extrait de l’ajustement IV.8 en fonction de la séparation ∆l.
Les courbes continues correspondent au modèle IV.4.2.

cement collisionnel micro-onde. En d’autres termes, si on calcule maintenant le paramètre B
avec ce modèle et ces deux géométries, on trouve un désaccord d’un facteur environ 3.

IV.4 – Conclusion

Dans la section précédente, nous avions un désaccord important entre le modèle et
nos mesures. Nous avons donc dans cette section fait trois propositions pour expliquer
cet écart. Dans la première, nous réduisons d’un facteur 3 l’interaction inter-puits,
dans la seconde nous ajustons les longueurs de diffusion pour réduire d’un facteur 3
le paramètre ∆g et dans la dernière nous ajustons le volume du nuage et augmentons
ainsi d’un facteur 3 l’estimation de la densité.

Remarque : Lien avec des facteurs correctifs dans la modélisation du SSR
Comme mentionné section I.4.8, dans [114], la cohérence de l’échantillon atomique est étu-

diée en fonction de la densité et de la durée de l’interféromètre. Les simulations reproduisent
correctement la dynamique des spins en présence de SSR et en ajoutant éventuellement une
impulsion de symétrisation. Dans ces simulations, le taux de collisions latérales γc et le taux
d’échange ωex sont des paramètres ajustables. Or ces deux paramètres dépendent de la densité
atomique et des longueurs de diffusion. La densité est, comme ici, mesurée à partir du dépla-
cement collisionnel. On peut alors comparer les paramètres choisis pour ajuster au mieux les
données et ceux attendus après l’estimation de la densité. Ils diffèrent respectivement de fac-
teurs 5 et 3,5. Dans [112], des simulations similaires sont conduites pour décrire la cohérence
dans le réseau (sans séparation) et des corrections de facteurs 3,2 et 1,7 sont alors appliquées.
Dans [119] et [120] des corrections d’un facteur 2 environ sont aussi appliquées sur ωex. Dans
les trois expériences citées ici, le même modèle est appliqué et la sur-estimation de l’effet
de l’interaction d’échange est attribuée à l’approximation de portée infinie de l’interaction
(même interaction entre tous les niveaux d’énergie de l’oscillateur harmonique). Cependant
nous n’avons pas d’explication pour la surestimation du paramètre γc dans [114, 112].

Impact d’autres effets :
Nous avons également vérifié l’impact des effets suivant sur le déplacement collisionnel.

Leur prise en compte n’a presque aucune conséquence sur le résultat de nos simulations ou
conduit aux mêmes résultats expérimentaux.
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• Inhomogénéités de profondeur : Nous avons réalisé des simulations prenant en
compte une inhomogénéité de la profondeur de l’ordre de 10% ainsi qu’un biais sur
la profondeur également de l’ordre de 10%. Ceci ne change que très marginalement le
résultat des simulations.

• Dépolarisation : Nous avons aussi pris en compte une éventuelle dépolarisation de
l’échantillon. En effet une collision entre deux atomes dans l’état |F = 2,mF = 0〉 peut
conduire aux sous-niveaux mF = ±1. Nous avons considéré une dépolarisation allant
jusqu’à 10% des atomes dans |F = 2〉 et utilisé les longueurs de diffusion appropriées
[145]. Ici encore la variation est marginale.

• Inhomogénéités de couplage : Dans [144], un facteur supplémentaire provenant des
inhomogénéités de couplage apparaît dans le deuxième terme de l’équation IV.4 qui est
multiplié par :

sin θ̄1 sin θ̄2
1
N

∑
k sin θ1k sin θ2k

(IV.21)

où θ̄i = Ω̄τ1. Le terme au dénominateur correspond au contraste de l’interféromètre au
temps initial (à T = 0). On vérifie que ce facteur vaut environ 1 pour des inhomogénéités
de l’ordre du Hz et pour une inhomogénéité de couplage allant jusqu’à 10%.

• Durée de la seconde impulsion : Dans le cas d’impulsions très inhomogènes, l’aire de
la seconde impulsion influe sur le déplacement collisionnel [144, 163]. Nous avons donc
réalisé des séries de mesures où nous varions l’aire de la seconde impulsion en même
temps que la première. Parmi les résultats présentés dans toutes les figures précédentes,
une des valeurs pour la séparation ∆l = 3 ainsi qu’une pour ∆l = 4 correspondent à
une telle mesure. Nous ne constatons pas de différence significative.

• Transitions ±∆l : On attend exactement le même comportement pour les transitions
±∆l. Parmi les mesures présentées pour ∆l = 3, une mesure est en fait réalisée avec
∆l = −3.
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IV.5 Retour sur les interféromètres sans séparation
Comme nous l’avons vu dans la section IV.3.3 avec l’équation IV.19, la discernabilité entre

différents états de Wannier-Stark réduit l’interaction inter-puits et donc les interactions, même
dans un interféromètre sans séparation. De plus si on considère un recouvrement inter-puits ré-
duit comme dans la section IV.4.1, ceci affecte également les interactions dans l’interféromètre
sans séparation.

Nous allons donc dans cette partie présenter des mesures du déplacement collisionnel dans
un interféromètre micro-onde sans séparation. Nous réalisons un interféromètre avec des popu-
lations équilibrées, c’est à dire avec des impulsions π

2 (voir remarque ci-après). Nous réalisons
cette mesure pour six profondeurs du réseau. Pour ne pas modifier la fin de l’évaporation et le
chargement du piège mixte, on charge toujours le réseau à sa profondeur maximale puis on la
diminue différemment pour chaque mesure. L’ensemble des mesures est effectué en moins de
deux heures. Cette fois nous avons mesuré la taille transverse systématiquement. Elle décroit
légèrement en augmentant la profondeur du réseau mais elle est toujours comprise entre 23 et
26 µm. Une telle variation ne change en rien nos simulations et nous prendrons une taille de
24,5µm.

Les résultats sont présentés sur la figure IV.14. Nous avons présenté sur les différents
graphiques, trois des modèles utilisés précédemment. Sur la figure IV.14a, il s’agit du mo-
dèle présenté section IV.3.2 où on considère une distribution d’état de Wannier-Stark tous
indiscernables. Pour IV.14b, nous avons pris en compte la discernabilité entre états de WS
différents comme section IV.3.3. Et enfin pour IV.14c, on ajoute le facteur de correction à
l’interaction inter-puits de la section IV.4.1.
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avec le facteur 3 de correction à
l’interaction inter-puits.

Figure IV.14 – Déplacement collisionnel dans un interféromètre micro-onde sans séparation
en fonction de la profondeur.

Dans les trois cas, le déplacement collisionnel augmente avec la profondeur puisque le vo-
lume effectif diminue et que, par conséquent, la densité augmente. Aux plus fortes profondeurs,
les trois modèles sont équivalents car un atome est localisé, il se décompose sur un unique état
de Wannier-Stark localisé sur un seul puits et il n’y a pas d’interactions inter-puits. Aux plus
faibles profondeurs, prendre en compte la discernabilité inter-puits et réduire le recouvrement
inter-puits réduit la valeur du déplacement collisionnel.

Le troisième modèle semble ici aussi mieux reproduire les données. La profondeur maxi-
male que nous puissions atteindre avec notre puissance et le mode de notre faisceau est de
7,5Erec. Atteindre de plus fortes profondeurs permettrait de s’assurer que le troisième modèle
décrit vraiment bien les mesures. Par ailleurs, si notre système d’imagerie avait une meilleure
résolution, nous pourrions fixer la taille verticale du nuage ainsi que sa densité et alors sup-
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primer un paramètre ajustable des simulations. Le premier modèle donne ici des densités
comprises entre 2,8 et 8,3 1011 at/cm3, le second entre 5 et 12 1011 at/cm3 et le troisième
entre 9,3 et 17,5 1011 at/cm3.
Remarque sur les impulsions π

2 MW :
Nous considérons toujours nos impulsions MW comme parfaites. Nous avons réalisé une

mesure pour nous en assurer. Nous avons mesuré le déplacement collisionnel en fonction
de cos θ1 comme sur la figure IV.2. L’ajustement linéaire nous donne le paramètre B n̄at =
(322± 5)mHz tandis que nous trouvons comme valeur du déplacement collisionnel pour une
impulsion π

2 : ∆νπ/2 = (330± 9)mHz. Nous ne commettons donc pas d’erreur en considérant
des impulsions π

2 pour estimer la densité.

IV.6 Conclusion. Nous avons mesuré et exprimé le déplacement collisionnel sous la forme de l’équation IV.8.
Nous trouvons bien pour chaque mesure un déplacement en fréquence qui dépend linéairement
de la densité et de la différence de population normalisée cos θ1 comme sur l’exemple de la
figure IV.2. Cependant, l’estimation des paramètres A et B s’avère plus délicate. La variation
du paramètre A avec la séparation des deux bras de l’interféromètre est tout à fait remarquable
et montre bien que l’impact des collisions inter-états mettant en jeu la longueur de diffusion
a12 est très différente dans le cas de cet interféromètre à bras séparés.. L’indiscernabilité dans d’autres expériences et sur ForCa-G : Dans [121] et avec
plus de détails dans [164], Harber et al. s’interrogent sur l’évolution de la fonction de corréla-
tion inter-états à distance nulle α12 en fonction de la cohérence de l’échantillon. Une expérience
de pensée décrite dans [164] est de préparer deux échantillons séparés, un dans chaque état,
puis de les mélanger et de réaliser une hypothétique mesure de la variation d’énergie due aux
interactions. Il n’y a ici aucune superposition cohérente d’états, les deux états distincts sont
discernables et α12 = 1. Une telle mesure n’étant pas réalisable, une mesure spectroscopique
de la transition hyperfine en fonction de la décohérence temporelle de la superposition d’états
est proposée. Une variation de α12 avec la décohérence est attendue et donc une variation de
la période des franges interférométriques devrait être observée. Mais il n’en est rien, c’est le
“mystère” (“the mystery of the fringe that didn’t chirp” [164]. Il est démontré l’année suivante
(et à nouveau vérifié expérimentalement) dans [165] que le déplacement en fréquence ne dé-
pend pas de la cohérence. K. Gibble précise dans [144] que “le facteur 2 vaut toujours 2” et que
seul un champ inhomogène permet de modifier le déplacement collisionnel par décohérence.

L’effet de la discernabilité sur le déplacement collisionnel est aussi évoqué dans [148]. Il
s’agit d’une horloge à atomes de Sr (fermioniques) piégés dans un réseau optique et inter-
rogés par spectroscopie de Rabi. L’inhomogénéité du champ d’interrogation peut rendre les
atomes discernables et faire apparaître un déplacement collisionnel (nul dans le cas de fermions
indiscernables puisque g(2)

0 = 0).

Comment alors contrôler expérimentalement le facteur g(2)
0 en gardant un champ d’in-

terrogation homogène ? C’est là que notre expérience est assez unique. Nous réalisons une
superposition cohérente d’états spatialement séparés et le recouvrement inter-états est maxi-
mal pour des atomes piégés initialement dans des puits différents qui sont donc discernables.
De plus nous pouvons contrôler la séparation et donc le recouvrement entre les états discer-
nables et indiscernables.

La forte variation du paramètre A dans nos mesures semble être un témoin de la discerna-
bilité de deux états de Wannier-Stark centrés sur des puits distincts et la séparation pourrait
être un bon contrôle de la part des interactions entre particules discernables et indiscernables.
Malheureusement l’écart entre nos modèles et la théorie reste important. En effet la valeur de
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ce paramètre A est étonnamment élevée ! Les modèles de la section IV.4 permettent d’aug-
menter la valeur théorique du paramètre A en corrigeant la valeur de l’interaction inter-puits
ou celle des longueurs de diffusion ou bien de réduire la valeur mesurée de A en fixant une
densité plus faible.

Quoiqu’il en soit, ces mesures démontrent une différence significative avec le déplacement
collisionnel habituellement estimé par la théorie du champ moyen dans les horloges.. Perspective et implications : Cette valeur élevée du paramètre A implique que le dé-
placement collisionnel dépend fortement du couplage Raman. Les fluctuations du couplage
Raman provoquent ainsi une instabilité de la fréquence mesurée. Tant que nous réalisons des
mesures différentielles de νB, nous rejetons les fluctuations à long terme (voir III.3). Mais
lorsque nous mesurerons les forces à courte distance, proche du miroir, le couplage et la fré-
quence ne seront plus identiques pour les transitions ±∆l et la mesure différentielle ne sera
plus aussi efficace pour rejeter les dérives. Il faudra donc supprimer ces variations du couplage
pour maintenir une sensibilité au niveau de celle obtenue au chapitre III. Réduire la densité
comme nous l’avons fait en augmentant la taille transverse permet, en plus de réduire les
inhomogénéités et d’améliorer le contraste, de réduire ce déplacement collisionnel (moyen)
et donc l’impact des fluctuations du couplage Raman. En outre, il est toujours possible de
réaliser les mesures pour différents nombres d’atomes, à volume constant, et de rejeter ainsi
le déplacement collisionnel.

Annuler le déplacement collisionnel : D’un autre côté, la valeur très élevée du paramètre
A peut permettre, si l’on a un très bon contrôle du rapport des populations, d’annuler le
déplacement en fréquence dû aux interactions. Dans ce chapitre, pour l’interféromètre à bras
séparés, nous avons mesuré pour A des valeurs comprises entre -3 et -7 Hz/(1012 at.cm−3).
Nous pouvons alors annuler le déplacement collisionnel pour des impulsions θ1 = Ωτ comprises
entre 0,52 et 0,55 π ce qui est très proche de l’impulsion π

2 qui optimise le contraste 3. Dans
ce cas, l’interféromètre devient insensible aux fluctuations de densité et de nombre d’atomes !

Cette forte valeur du paramètre A constitue donc une limitation dans le cas d’un couplage
Raman instable mais pourrait dans le cas contraire augmenter la sensibilité et stabilité du
capteur.

3. Dans le cas de l’interféromètre sans séparation, où A = 0,20Hz/(1012 at.cm−3) seulement, aucune valeur
de cos θ1 ne permet d’annuler le déplacement collisionnel IV.4.
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IV.A. ANNEXE : SUPPLÉMENT

IV.A Annexe : Supplément

IV.A.1 Le cas de la séparation

Nous allons ici réécrire l’équation IV.4 en prenant en compte la séparation spatiale entre
les deux états de l’interféromètre. Repartons d’abord de l’équation IV.2 en faisant apparaître
la dépendance spatiale :

δν1(r, z) = n1(r, z) 2g11 + n2(r, z) 2g12

δν2(r, z) = n2(r, z) 2g22 + n1(r, z) 2g12
(IV.22)

Nous pouvons tout de suite moyenner dans la direction radiale (qui suit une distribution
gaussienne d’écart-type σr) :

δν1(z) = N

4πσ2
r

(n1(z) 2g11 + n2(z) 2g12)

δν2(z) = N

4πσ2
r

(n2(z) 2g22 + n1(z) 2g12)
(IV.23)

Nous nous restreignons alors au cas 1D en changeant la notation de la façon suivante :

δν1(z)
n̄2D

= δν1(z) = (n1(z) 2g11 + n2(z) 2g12)

δν2(z)
n̄2D

= δν2(z) = (n2(z) 2g22 + n1(z) 2g12)
(IV.24)

où n(z) est la densité de probabilité linéique initiale, avant la première impulsion avec
∫
n(z)dz =

1 et soit R la fraction d’atomes transférée de |WSl〉 ⊗ |1〉 à |WSl+∆l〉 ⊗ |2〉 par la première
impulsion. Nous avons alors :

n1(z) = (1−R)n(z) = 1 + cos θ1
2 n(z)

n2(z) = Rn(z −∆z) = 1− cos θ1
2 n(z −∆z)

(IV.25)

avec ∆z = ∆lλlat2
L’équation IV.24 devient alors :

δν1(z) = (1 + cos θ1) g11 n(z) + (1− cos θ1) g12 n(z −∆z)
δν2(z) = (1− cos θ1) g22 n(z −∆z) + (1 + cos θ1) g12 n(z)

(IV.26)

En intégrant ensuite dans la direction verticale, nous obtenons :

∆ν1 =
∫
n(z)δν1(z)dz

∆ν2 =
∫
n(z −∆z)δν2(z)dz

∆ν1 =
[
(1 + cos θ1) g11

∫
n(z)2 dz + (1− cos θ1) g12

∫
n(z)n(z −∆z)dz

]
∆ν2 =

[
(1− cos θ1) g22

∫
n(z −∆z)2dz + (1 + cos θ1) g12

∫
n(z −∆z)n(z)dz

] (IV.27)
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∆ν1 = n̄z
[
(1 + cos θ1) g11 + (1− cos θ1) g12 f(∆z)

]
∆ν2 = n̄z

[
(1− cos θ1) g22 + (1 + cos θ1) g12 f(∆z)

] (IV.28)

où l’on a introduit la fonction f :

f(∆z) = 1
n̄z

∫ +∞

−∞
n(z)n(z −∆z)dz (IV.29)

Le déplacement collisionnel ∆ν = ∆ν2 −∆ν1 s’écrit alors :

∆ν(∆z) = n̄

(
(g22 − g11) +

(
f(∆z)2g12 − g11 − g22

)
cos θ1)

)
(IV.30)

où pour revenir au cas 3D, il suffit de prendre la densité moyenne à 3 dimensions n̄at =
n̄2Dn̄z = N

4πσ2
r
n̄z.

IV.A.2 Recouvrement gaussien

La fonction f équation IV.29 fait intervenir un produit de convolution :

f(∆z) = 1
n̄

(n ∗ n−)(∆z) (IV.31)

où n−(z) = n(−z).
Dans le cas d’une distribution gaussienne, nous avons alors :

n(z) = 1√
2πσz

e
− (z−z0)2

2σ2
z (IV.32)

n̄ = N

2
√
πσz

(IV.33)

n−(z) = 1√
2πσz

e
− (z+z0)2

2σ2
z (IV.34)

La convolution de ces deux gaussiennes est une gaussienne centrée, d’écart-type
√

2σz :

(n ∗ n−)(∆z) = 1√
2π
√

2σz
e
− (∆z)2

4σ2
z = n̄ e

− (∆z)2

4σ2
z (IV.35)

Donc :
f(∆z) = e

−∆z2
4σ2
z (IV.36)

IV.A.3 Indiscernabilité et g(2)
0

Nous notons ici αij la fonction de corrélation g
(2)
0 pour deux particules i et j. Comme

mentionné dans le corps du chapitre, pour deux bosons indiscernables αij = 2, pour deux
fermions αij = 0 et pour deux particules discernables αij = 1.

En remplaçant les facteurs 2 dans IV.22 par ces coefficients et en prenant la distribution
d’états de Wannier-Stark de la section précédente, l’équation IV.27 devient :

∆ν1 = 1
2
[
(1 + cos θ1) g11

∑
l,m

αlm g(l)g(m)WSl,m + (1− cos θ1) g12
∑
l,m

αlm g(l)g(m)WSl+∆l,m
]

∆ν2 = 1
2
[
(1− cos θ1) g22

∑
l,m

αlm g(l)g(m)WSl,m + (1 + cos θ1) g12
∑
l,m

αlm g(l)g(m)WSl+∆l,m
]

(IV.37)
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IV.A. ANNEXE : SUPPLÉMENT

où nous avons utilisé la notation IV.11.
Nous pouvons alors réécrire IV.30 :

∆ν(∆z) = 1
2 G

(
(g22 − g11) +

(
fG(∆z)2g12 − g11 − g22

)
cos θ1)

)
(IV.38)

où
G =

∑
l,m

αlm g(l)g(m)WSl,m (IV.39)

et
fG = 1

G

∑
l,m

αlm g(l)g(m)WSl+∆l,m (IV.40)

On retrouve IV.30 si αlm est toujours égal à 2.
Deux particules dans deux puits distincts (identiques) sont discernables (indiscernables).

Deux particules dans une superposition cohérente d’états sont indiscernables seulement si
elles sont dans la même superposition spatiale (l, l+ ∆l). Nous avons alors dans les équations
précédentes, αlm = 1 + δlm.
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CHAPITRE IV. DÉPLACEMENT COLLISIONNEL AVEC SÉPARATION DANS UN
RÉSEAU VERTICAL
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Chapitre V

Le Super-Réseau

Comme nous l’avons déjà discuté à plusieurs reprises dans ce manuscrit, il est souhaitable
de disposer de la meilleure résolution spatiale possible pour la mesure de force à courte distance
que l’on veut réaliser sur ForCa-G. La limite ultime en terme de résolution spatiale est atteinte
en manipulant un unique état propre, un unique état de Wannier-Stark. Nous proposons dans
ce chapitre de réaliser la sélection d’états de Wannier-Stark à l’aide d’un super-réseau et
présentons les premiers résultats de spectroscopie sur des atomes piégés dans un tel potentiel.
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V.1 Sélectionner des états de Wannier-Stark

V.1.1 Principe

La méthode proposée consiste à changer de façon sélective l’état interne des atomes piégés
dans un seul des états de Wannier-Stark et d’éjecter du piège tous les autres atomes à l’aide
d’une impulsion laser à résonance.
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CHAPITRE V. LE SUPER-RÉSEAU

Lever la dégénérescence
La gravité pouvant être considérée comme homogène au voisinage de la terre, l’incré-

ment en énergie est le même entre chaque puits 1. Une transition avec une séparation ∆l
|WSl〉 → |WSl+∆l〉 est alors résonnante quelque soit l. Pour lever cette dégénérescence, on
peut appliquer un autre potentiel qui varie spatialement. Notre choix s’est porté sur la mise
en place d’un super-réseau.
Superposition de deux réseaux

Pour former le super-réseau, nous superposons deux faisceaux rétro-réfléchis de longueurs
d’onde λ1 = 532 nm et λ2 = 515 nm (voir section II.7), résultant en un réseau dont la profon-
deur est modulée périodiquement. Nous avons alors deux périodes : celle du réseau et celle
de la modulation que l’on nommera super-période. Pour nos deux longueurs d’onde, la super-
période est de 8µm. L’amplitude de modulation dépend du rapport des profondeurs U1 et
U2 des deux réseaux. Il en est de même pour la période du super-réseau qui peut donc aller
de 266 nm (réseau 1) à 257,5 nm (réseau 2) et vaut par exemple 262 nm pour des intensités
équilibrées.
Effet du super-réseau sur les niveaux d’énergie

Dans la pratique, nous utiliserons le second réseau à faible puissance, comme une pertur-
bation. Nous appliquons donc une faible modulation au réseau 1. Sur l’exemple de la figure
V.1, la profondeur du réseau 1 vaut U1 = 7,3Erec (la profondeur optimale pour une transition
avec ∆l = 1) et celle du réseau 2, U2 = 0,5Erec. À gauche (V.1a), on peut voir le potentiel créé
par ce super-réseau et à droite (V.1b) l’incrément en énergie entre chaque puits. La droite en
rouge correspond à cet incrément en énergie dans le réseau 1 seul (c’est à dire la fréquence de
Bloch). On constate que pour une faible puissance du réseau 2 ("perturbateur"), on obtient
une modulation sinusoïdale de la pseudo-fréquence de Bloch (voir remarque ci-après). Le cal-
cul est effectué en diagonalisant numériquement l’Hamiltonien V.1 pour accéder aux énergies
propres.
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Figure V.1 – Super-réseau avec U1 = 7,3Erec et U2 = 0,5Erec

Le nombre de puits dans une super-période n’est pas un nombre entier. Il y a environ
une trentaine de puits par super-période. D’une super-période à l’autre, les puits sont donc
décalés et les pseudo-fréquences de Bloch sont différentes. Ceci peut avoir son importance
comme nous le verrons plus tard.

1. Le gradient de gravité au voisinage de la terre est de seulement 3.10−7 g/m. Entre 2 puits adjacents,
séparés de 266 nm, la variation relative de νB est alors de l’ordre de 10−13.
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V.1. SÉLECTIONNER DES ÉTATS DE WANNIER-STARK

Remarque : Les oscillations de Bloch
Les oscillations de Bloch ont été décrites et définies dans le cas d’un potentiel périodique.

Après une période de Bloch (temporelle), une particule, piégée dans un réseau et soumise à
une force homogène, retrouve son état initial.

Un atome piégé dans le super-réseau n’est plus soumis au même potentiel périodique.
Nous restons toutefois dans une situation proche en appliquant une faible modulation. Nous
appellerons alors pseudo-fréquences de Bloch, dans le cas du super-réseau, les différences en
énergie entre chaque puits. On peut également leur associer une pseudo-période de Bloch.
Un atome dans le super-réseau se décomposant sur N états propres, séparés de N pseudo-
fréquences de Bloch distinctes, ne retrouve son état initial qu’après une période T qui est le
plus petit multiple commun de toutes les pseudo-périodes de Bloch mises en jeu. Il ne s’agit
plus à proprement parler d’une oscillation de Bloch.

Nous avions présenté section II.4.2 les oscillations de Bloch observées à l’imagerie. Nous
nous sommes penchés sur l’impact de la modulation sur ces oscillations. Nous représentons sur
la figure V.2 la dégradation de la visibilité de ces oscillations de Bloch. Pour cela nous prenons
le profil observé à l’imagerie toutes les (N + 1

2) oscillations de Bloch. Nous observons alors
une double distribution correspondant aux quasi-impulsions d’atomes aux deux bords de la
première zone de Brillouin. Nous ajustons ce profil 2 par une double gaussienne comme sur la
figure V.2a et nous définissons le contraste comme Nmax−Nmin

Nmax
oùNmax est la moyenne des deux

amplitudes et Nmin est le minimum de l’ajustement au milieu de la PZB. Nous représentons
l’évolution de ce contraste sur la figure V.2b. Dans le cas du réseau simple, la décroissance
est due aux interactions atomiques ; après une trentaine de ms, la distribution en impulsion
occupe toute la PZB et on ne distingue plus les oscillations. Lorsque nous modulons le réseau,
les oscillations correspondant aux différentes pseudo-fréquences de Bloch se déphasent et le
contraste chute plus rapidement.
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Figure V.2 – Décroissance du contraste des oscillations de Bloch observées à l’imagerie en
fonction du temps passé dans le réseau pour une profondeur du réseau 1 U1 ≈ 7 Erec.

2. Le profil vertical 1D est obtenu en sommant les pixels dans la direction transverse.
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CHAPITRE V. LE SUPER-RÉSEAU

Séquence de sélection
Une fois la dégénérescence levée, la sélection est en principe assez simple. Il suffit, après

avoir préparé les atomes dans l’état |F = 1,mF = 0〉, d’adresser une transition Raman qui
n’est alors résonnante que pour les atomes piégés dans un seul des états de Wannier-Stark,
comme représenté sur la figure V.3. Une impulsion de notre faisceau pousseur permet alors
d’éjecter tous les atomes dans |F = 1,mF = 0〉, qui sont dans des états de WS différents.

Pousseur

Pousseur
Sélec�on
Raman

t

l=2z/�
-2 -1 0 1 2

Énergie

Figure V.3 – Méthode de sélection d’un unique état de Wannier-Stark dans le super-réseau.
Les niveaux d’énergie dans le réseau sont représentés par les traits gris pointillés et ceux dans
le super-réseau par les traits noirs continus.

Nous verrons qu’il n’est pas si facile d’adresser une transition résonnante avec un unique
état propre. Nous avons ici présenté la séquence de sélection la plus simple mais nous verrons
à la fin de ce chapitre qu’il est possible d’imaginer des séquences un peu plus élaborées.
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V.1. SÉLECTIONNER DES ÉTATS DE WANNIER-STARK

V.1.2 Simulations

Nous réaliserons dans les sections suivantes différents spectres dans le super-réseau avec
ou sans séquence de sélection. Pour comprendre ces spectres et nos limitations, nous accompa-
gnerons ces mesures de résultats de simulations. Nous expliquons dans cette partie nos calculs
du spectre dans le super-réseau.

Tout d’abord nous calculons tous les états propres et toutes les énergies propres en diago-
nalisant numériquement l’Hamiltonien suivant :

ĤWS = p̂2

2mRb
+ U1

2 [1− cos(2k1ẑ)] + U2
2 [1− cos(2k2ẑ)]−mRbgẑ (V.1)

où Ui et ki sont les profondeurs et vecteurs d’ondes du réseau i.
Levée de dégénérescence

On peut alors déjà calculer la position des raies du spectre à partir des énergies propres.
Puisqu’on a levé la dégénérescence, il existe maintenant une raie distincte pour chaque tran-
sition |WSl〉 → |WSl+∆l〉. Celles-ci sont représentées sur la figure V.4 pour trois modulations.
Les différentes séparations ∆l sont regroupées par couleur. On peut encore constater ce qui
a été expliqué plus haut : plus la modulation est importante, plus les valeurs des pseudo-
fréquences de Bloch sont modifiées et plus les raies se séparent. Pour des modulations trop
importantes, les raies correspondant à différentes séparations ∆l se mélangent.
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Figure V.4 – Position des raies dans le super-réseau avec U1 = 7,3Erec et pour trois modu-
lations U2.

Le couplage
Pour chacune de ces raies, le couplage Raman dépend de la séparation comme exprimé

équation I.31, où les états |WSl〉 dépendent maintenant de la profondeur des deux réseaux.
Une différence importante avec le cas du réseau simple est que les |WSl〉 adjacents ne sont plus
identiques. Tout comme leur énergie (voir figure V.1b), l’étalement de ces états est modulé si-
nusoïdalement. Le couplage Ωl,∆l est donc différent pour chaque transition |WSl〉 → |WSl+∆l〉
et doit être calculé en prenant en compte le recouvrement des deux états propres mis en jeu.
Nous calculons alors le terme 〈WSl| e−ikRz |WSl+∆l〉 de l’équation I.31 et exprimons ensuite
le couplage dans le super-réseau à partir du couplage estimé dans le réseau simple.

Pour se rendre compte de l’impact de la modulation sur le couplage, nous représentons
ce dernier sur la figure V.5 pour des transitions ∆l = 2 et 6. Le couplage est normalisé par
le couplage dans le réseau non modulé. Les profondeurs U1 = 5,24 et 1,88 Erec optimisent le
couplage dans le réseau non modulé, respectivement pour ∆l = 2 et 6.
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Figure V.5 – Évolution du couplage 〈WSl| e−ikRz |WSl+∆l〉 en fonction de la position moyenne
de l’état de Wannier-Stark |WSl〉. Dans les deux cas la profondeur optimise le couplage dans
le réseau sans modulation.

On retrouve évidemment la périodicité de 8µm que l’on a déjà observée figure V.1b et qui
correspond à la super-période. Pour une profondeur de seulement U2 = 0,5Erec, le couplage
peut être réduit d’un facteur 3. Il est tout à fait remarquable de pouvoir dépasser le couplage
optimal du réseau en utilisant le super-réseau. Sur l’exemple de droite, pour la séparation de
∆l = 6, le super-réseau permet de préparer des états de Wannier-Stark avec un recouvrement
plus important que dans le réseau simple et d’améliorer le couplage de plus de 10%.
La plupart du temps nous ne dépasserons pas U2 = 0,2Erec et le couplage ne varie alors que
de quelques pour cent. Dans le cas contraire, il faudra réduire la durée des impulsions si l’on
veut maintenir Ω τ ≤ π pour toutes les transitions.

Connaissant le couplage pour chacune des raies (l,∆l) présentées figure V.4, nous pouvons
alors leur associer la probabilité de transition Pl,∆l qui s’exprime :

Pl,∆l =
Ω2
l,∆l

Ω2
l,∆l + δ2

l,∆l
sin
(√

Ω2
l,∆l + δ2

l,∆l
τ

2

)
(V.2)

où δl,∆l est le désaccord Raman pour la transition (l,∆l) mise en jeu et τ la durée de l’im-
pulsion.
Distribution atomique et inhomogénéités

Il reste enfin à prendre en compte la distribution atomique. Chaque raie de la figure V.4
correspond à une transition depuis un état de Wannier-Stark centré sur un puits. Puisque
le nombre de puits par super-période n’est pas entier, les transitions sont différentes dans
chaque super-période et il y a donc, a priori, pour chaque séparation ∆l, autant de raies
que de puits considérés. Le spectre final dépend donc de la position et de la largeur de la
distribution atomique. Comme au chapitre précédent, nous considérons ici une distribution
gaussienne d’états de Wannier-Stark. Finalement, pour simuler le spectre, nous sommons en
pondérant par la distribution d’états, pour une fréquence Raman donnée, les probabilités Pl,∆l
pour toutes les transitions possibles en prenant en compte les couplages et les désaccords.

Nous pouvons aussi prendre en compte dans ces spectres une inhomogénéité de déplace-
ment en fréquence δ (issu du DLD et du déplacement collisionnel). On considérera alors une
certaine distribution de δ, puis on calculera le spectre pour chaque δ et on déduira ensuite le
spectre moyen.
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V.2. SPECTROSCOPIE DU SUPER-RÉSEAU

Remarque : l’unité d’énergie
L’unité d’énergie, utilisée dans toute cette thèse pour exprimer la profondeur des réseaux,

est l’énergie de recul Erec = ~2k2

2mRb
. Nous continuons ici à utiliser cette unité dans le super-

réseau alors qu’il y a maintenant deux vecteurs d’onde k1 et k2. Les énergies de recul à 532 et
à 515 nm diffèrent de 7% seulement. Formellement, dans les simulations présentées ensuite,
nous exprimons l’unité d’énergie comme Erec = ~2k̄2

2mRb
avec k̄ = U1 k1+U2 k2

U1+U2
. Ainsi lorsque la

modulation tend vers 0, nous retrouvons bien le cas du réseau simple. Puisque nous réalisons
la plupart du temps une faible modulation du réseau, c’est presque l’énergie de recul pour un
photon à 532 nm qui est utilisée comme unité.

V.2 Spectroscopie du super-réseau
Avant de pouvoir sélectionner un état de Wannier-Stark dans ce super-réseau, il faut

évidemment connaître les états et les niveaux d’énergie qui le peuplent. Nous réalisons donc
une spectroscopie des états de Wannier-Stark dans le super-réseau.

V.2.1 Faible résolution spectrale

La figure V.6 présente un premier spectre Raman dans le super-réseau pour différentes
amplitudes de modulation par le réseau 2. Ce spectre est réalisé sur une large gamme de
fréquences faisant apparaître des séparations ∆l allant de 1 à 5. On utilise ici une impulsion
Raman de 19ms. Pour une impulsion π, on a alors une raie de 90Hz de large. Ces spectres
sont donc peu résolus.

0 1 
B

2 
B

3 
B

4 
B

5 
B

6 
B

0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

0.7

0.8

0.9
P

2
 = 0 W

P
2
 = 0,17 W

P
2
 = 0,56 W

P
2
 = 1,2 W

U
2
 = 0 E

rec

U
2
 = 0,03 E

rec

U
2
 = 0,09 E

rec

U
2
 = 0,21 E

rec

Figure V.6 – Spectres Raman dans le super-réseau pour différentes puissances du réseau 2 et
avec U1 = 4, 2 Erec et τ = 19ms. Les courbes continues sont les simulations correspondantes
aux différentes profondeurs U2.
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Pour déterminer la profondeur du réseau 1, on optimise le couplage sur une transition dans
le réseau simple. Nous avons ici choisi ∆l = 3 qui correspond en théorie à une profondeur de
4,03Erec. Le spectre dans le réseau simple est ici représenté en noir. Il s’agit alors du résultat
classique évoqué dès la section I.4.1 et on observe un pic tous les multiples de la fréquence de
Bloch correspondant aux différentes séparations ∆l. La largeur de ces pics est bien déterminée
par la durée de l’impulsion Raman.

Lorsqu’on applique une modulation, il n’y a plus seulement une fréquence de Bloch mais
plusieurs pseudo-fréquences de Bloch différentes. Ceci explique l’élargissement observé sur
chacun des pics de la figure. Plus la modulation est importante, plus les pseudo-fréquences de
Bloch prennent des valeurs différentes et plus les pics s’élargissent.

Nous avons accompagné nos mesures de simulations des spectres Raman. Nous avons
d’abord fixé la durée de l’impulsion Raman à τ = 19ms comme pour les mesures. Puis nous
avons fixé la profondeur du réseau 1 à U1 = 4,2Erec pour laquelle les simulations reproduisent
mieux les données 3. Ensuite, nous ajustons le couplage Raman de la simulation à Ω

2π = 20Hz
afin d’obtenir l’amplitude de 75% mesurée dans le réseau simple. Enfin, nous varions la pro-
fondeur U2 du second réseau pour ajuster l’élargissement des pics.

Tant que nous utilisons une faible résolution spectroscopique, notre simulation reproduit
très bien l’allure des spectres dans le super-réseau.

Remarque : Spectre Raman et waist du réseau 2
La figure V.7 présente un spectre réalisé dans le réseau 2, à puissance maximale P2 = 5,3W.

Nous pouvons en extraire la fréquence de Bloch νB = 550Hz qui est bien la valeur attendue
pour un réseau à 515 nm (voir équation I.27).
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Figure V.7 – Spectre Raman dans le réseau 2 avec P2 = 5,3W et τ = 10ms.

L’amplitude relative des pics nous permet de déduire la profondeur du réseau U2 ≈ 1,4Erec
(voir section I.3.2). Ceci correspond, pour une telle puissance, à un waist de 1,1mm (équation
I.17 pour déduire l’intensité et donc le waist). Les valeurs de U2 utilisées figure V.6 pour ajuster
les données sont en très bon accord avec celles correspondant aux puissances P2 utilisées pour

3. À cette profondeur, le couplage pour le pic 3 n’est diminué que de quelques % par rapport à la profondeur
optimale de 4Erec et il est tout à fait possible que nous ayons réglé le réseau à cette profondeur.
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la mesure et à ce waist 4.
Par ailleurs, il serait intéressant de tenter une mesure de la fréquence de Bloch dans le

réseau 2. Comme nous pouvons le remarquer sur ce spectre, la profondeur de 1,4Erec est
optimale pour une transition de séparation ∆l = 8. Par rapport à notre mesure du chapitre
3 où ∆l = 6, nous pourrions donc améliorer la sensibilité de 30% en supposant une mesure
aussi stable dans ce réseau-ci.

V.2.2 Haute résolution spectrale. Le principe général est maintenant compris et les spectres à faible résolution sont reproduc-
tibles par le calcul. Pour séparer chaque transition du super-réseau dans notre spectre, nous
commençons naturellement par allonger la durée des impulsions Raman. La figure V.8 pré-
sente des spectres du super-réseau réalisés avec des impulsions Raman de durées τ = 250ms
et 300ms. La largeur spectrale de telles impulsions est alors réduite à moins de 7Hz 5. Cette
fois nous nous concentrons sur la transition ∆l = 3. La profondeur du réseau 1 est donc encore
réglée à U1 ≈ 4 Erec.

Nous avons représenté, dans l’encart de la figure V.8c, le spectre dans le réseau simple. On
peut vérifier la largeur de la raie d’environ 6Hz. Celle-ci nous permet de déterminer la fré-
quence exacte de la transition ainsi que les inhomogénéités. Nous avons cette fois tenu compte
des inhomogénéités en prenant une distribution normale de déplacement en fréquence ; nous
ajustons l’écart-type de cette distribution à σδ0 = 2π 0,65Hz afin d’obtenir un pic d’ampli-
tude 85% correspondant aux données. Cette distribution normale de désaccords ne permet
cependant pas de reproduire les ailes qu’on peut remarquer sur les bords du spectre.

Pour les trois spectres présentés ici (en noir), nous pouvons observer une unique large struc-
ture semblable aux raies élargies obtenues avec des impulsions courtes. Cependant, comme
nous pouvons le voir sur les simulations nous devrions maintenant pouvoir distinguer plusieurs
pics distincts, en particulier dans le spectre de la figure V.8c où la modulation plus importante
devrait permettre de bien séparer les raies.

Il existe donc une source d’élargissement de nos raies dans le super-réseau qui nous empêche
de les distinguer. On peut alors augmenter la modulation afin de mieux les séparer où alors
chercher la source de cet élargissement et améliorer la résolution. On remarque sur ce spectre
que la probabilité de transition ne dépasse pas les 6%. En effet puisque notre nuage est réparti
sur plus de 50 puits, chaque transition ne concerne que quelques pour cent des atomes. Nous
sommes alors vite limités par le bruit de détection. C’est pourquoi nous avons mis en place le
système de détection décrit section II.6.3. Mais nous avons toujours observé le même type de
spectres.

Commentaire sur l’allure des simulations : Des regroupements de pics peuvent être
observés sur les simulations de la figure V.8. Ces structures sont liés à la distribution spatiale
des atomes qui, pour un écart-type de 3µm, occupent plus de deux super-périodes. Au sein
d’une super-période, on retrouve toujours deux fréquences très proches (comme on peut le
vérifier sur la figure V.1b, par exemple aux positions 12 et 16 µm) et de plus, d’une super-
période à l’autre, les pseudo-fréquences de Bloch sont aussi très proches.

4. Pour un accord exact, il faut plutôt considérer un waist de 1,3mm. Cette légère différence peut s’expliquer
d’une part par le fait que la calibration de la puissance du réseau 2 fut effectuée six semaines avant la réalisation
de ces spectres et que l’efficacité de diffraction par l’AOM peut avoir dérivé entre temps ; d’autre part par des
effets thermiques : les 5,5W sont rétro-réfléchis, ce sont donc 11W qui traversent toutes les optiques et pour
ces puissances les effets thermiques peuvent faire varier le profil du faisceau.

5. Nous définissons ici la largeur spectrale comme
√

3
τ

c’est à dire la largeur à la base du sinus cardinal V.2.
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(c) τ = 300ms, P2 = 560mW et U2 = 0, 11 Erec. L’encart présente le spectre dans le
réseau simple.

Figure V.8 – Spectres Raman dans le super-réseau avec U1 = 4 Erec. Les courbes rouges
continues sont les simulations.

. Nous présentons sur la figure V.9, un autre spectre dans le super-réseau, cette fois-ci pour
des transitions ∆l = 1 et donc pour une profondeur U1 ≈ 7 Erec. Nous réalisons cette fois des
impulsions Raman de 1 s. L’encart de la figure montre la raie dans le réseau simple ; sa largeur
est de 1Hz à mi-hauteur et de 4Hz à sa base. La simulation en rouge montre qu’avec une
telle résolution, on s’attend à observer des raies complètement séparées les unes des autres, de
plusieurs fois leur largeur. Il est tout à fait notable que, non seulement le spectre mesuré ne
comporte pas de telles raies mais de plus, la probabilité de transition n’est quasiment jamais
nulle. L’élargissement des raies mesurées ne résulte donc pas seulement d’une éventuelle dérive
de la position des pics pendant l’acquisition totale du spectre mais est déjà présent au cours
d’un cycle de mesure. Nous y reviendrons.

Remarque sur les raies et inhomogénéités dans le réseau simple : Au moment où
ces mesures furent effectuées, le waist du laser de confinement transverse était de l’ordre de
100-150 µm. Pour une puissance maximale de 2W et une taille transverse du nuage de l’ordre
de 20µm, nous avons alors de très larges inhomogénéités de plusieurs Hz. Pour atteindre des
raies de 1Hz de large tel que représenté dans l’encart de la figure V.9, nous utilisons le laser
de confinement transverse à une puissance de 100 à 200 mW seulement. Le nombre d’atomes
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Figure V.9 – Spectre Raman dans le super-réseau avec U1 ≈ 7 Erec, U2 ≈ 0, 2 Erec et τ = 1 s.
L’encart présente le spectre dans le réseau simple.

piégés est alors de l’ordre de 5000 seulement, ce qui correspond, par la même occasion, à
une faible densité et une faible inhomogénéité de déplacement collisionnel. Le piège n’est
probablement plus harmonique mais peu importe ici.
Autres mesures et variations de paramètres

Nous n’avons ici présenté que quelques spectres. Nous avons toutefois réalisé de telles
mesures avec bien des paramètres différents. Le résultat de ces mesures est toujours similaire
et nous ne présenterons donc pas plus de spectres de ce types. Nous énumérons simplement
ici quelques configurations que nous avons explorées :

• Variation de la modulation : Nous avons réalisé des spectres pour une large gamme
de modulations de la profondeur. Si les raies s’élargissent, on veut naturellement aug-
menter leur séparation. En augmentant la modulation, nous obtenons toujours une seule
structure, de plus en plus large, associée à une probabilité de transition de plus en plus
faible, jusqu’à atteindre le bruit de détection.

• Séparations : Nous avons réalisé ces spectres pour différentes séparations ∆l. Plus la
séparation est importante, plus les raies se séparent. Nous pouvons alors réaliser des
spectres similaires pour différentes puissances du réseau 2.

• Point de fonctionnement du réseau 2 : Comme nous l’avons évoqué section II.7,
le mode du faisceau du réseau 2 dépend de son point de fonctionnement en puissance.
Nous avons essayé de réaliser le même spectre en changeant ce point de fonctionnement
et en ajustant la puissance par la diffraction de l’AOM. Les résultats sont identiques.

• Inversion des deux réseaux : Nous avons également réalisé des spectres en piégeant
les atomes dans le réseau 2 et en modulant sa profondeur avec le réseau 1, pour une
séparation ∆l = 8.

• Spectres rapides : Dans l’hypothèse où l’élargissement des raies serait dû à une dérive
relativement lente au cours de l’acquisition du spectre, nous avons plusieurs fois réalisé
des spectres, sur une plage de fréquences plus faible (quelques Hz), dans une région où
nous attendions un pic, en quelques cycles de mesures et donc en quelques dizaines de
secondes.

• Longue moyenne : À l’inverse nous avons également réalisé de très longues mesures
de plusieurs centaines de spectres afin de vérifier si le moyennage laissait apparaître des
pics.
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• Inhomogénéités et nombres d’atomes : Afin d’obtenir la meilleure résolution spec-
trale possible, il faut réduire le plus possible les inhomogénéités. Pour cela, nous pou-
vons diminuer au maximum la puissance du confinement transverse ainsi que le nombre
d’atomes quitte à voir augmenter le bruit de détection. Nous avons exploré deux cas
limites. Dans le premier cas, nous réduisons au maximum les inhomogénéités et main-
tenons alors une modulation modérée afin d’obtenir un signal au dessus du bruit de
détection. Dans l’autre cas nous avons maintenu un nombre important d’atomes, au
prix d’une plus grande inhomogénéité, afin de réduire le bruit de détection et de pouvoir
réaliser de plus importantes modulations.

V.3 Discussion
Comme nous venons de le voir, malgré l’utilisation d’impulsions Raman longues et une

bonne résolution spectrale de l’ordre du Hz, nous ne distinguons pas les différentes transitions
du super-réseau pour des modulations qui devraient permettre de les séparer de plusieurs
fois leur largeur. Nous allons ici proposer, discuter et parfois rejeter différentes explications.
Nous avons vérifié que dans les deux réseaux simples, nous avions une résolution spectrale
de l’ordre du Hz ; nous cherchons donc une source d’élargissement qui n’apparaît que dans le
super-réseau.

V.3.1 La profondeur des réseaux

La première possibilité évoquée est une inhomogénéité ou une dérive de la profondeur des
réseaux. En effet si les inhomogénéités de couplage et de déplacement lumineux dues aux
inhomogénéités de profondeurs des réseaux simples sont très faibles, la variation des pseudo-
fréquences de Bloch par la modulation du super-réseau est très sensible aux variations des
profondeurs. C’est pourquoi nous avons fait attention à supprimer les fluctuations de pointé
du réseau 2 évoquées section II.7. En effet si la position du faisceau varie par rapport aux
atomes, ceux-ci ressentent une profondeur différente du réseau. Il peut toujours subsister de
légères fluctuations de profondeur d’une part, et d’autre part, il peut exister une inhomogénéité
spatiale de la profondeur du super-réseau.
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(b) 30 spectres sont ici représentés avec leur moyenne en rouge.

Figure V.10 – Impact des inhomogénéités de profondeurs. Une variation d’environ 20% des
profondeurs des deux réseaux est ajoutée à la simulation de la figure V.9.
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Nous avons donc effectué différentes simulations pour évaluer l’impact de telles inhomogé-
néités. Nous en présentons un exemple sur la figure V.10. Nous y reprenons le cas de la figure
V.9 pour 6 profondeurs du réseau 1 allant de 6 à 8 Erec et pour 5 profondeurs du réseau 2 allant
de 0,16 à 0,24 Erec. Sur la figure V.10a, nous présentons les incréments en énergie inter-puits
dans les 30 cas et sur V.10b les 30 spectres correspondant ainsi que leur moyenne. Il s’agit
donc d’une distribution peu réaliste de profondeurs mais qui constitue une illustration claire.
Nous pouvons constater sur V.10a que les transitions qui restent proches de la fréquence de
Bloch sont peu affectées par les variations de profondeur, même très importantes. En effet
ces transitions concernent les puits se situant aux nœuds et ventres du super-réseau et leurs
énergies varient de concert lorsque la profondeur est modifiée ; la fréquence les séparant n’est
donc pas affectée. Dans le spectre correspondant, comme on peut le voir sur V.10b, les pics
centraux sont donc toujours visibles. Ces inhomogénéités aplatissent les bords du spectre bien
avant d’affecter les pics centraux, or nous n’avons jamais observé de pic central (malgré de
nombreuses vérifications) alors que la probabilité de transition est toujours la plus élevée sur
les bords du spectre.

S’il est réaliste que des inhomogénéités de profondeur affectent la netteté des pics, elles ne
peuvent expliquer à elles seules l’allure des spectres que nous avons mesurés.

V.3.2 La taille du nuage

Comme nous l’avons mentionné au début de ce chapitre, il n’y a pas un nombre entier de
puits par super-période. Si c’était le cas, deux super-périodes seraient strictement identiques
et nous obtiendrions le même spectre quel que soit le nombre de super-périodes peuplées.
En réalité chaque super-période correspond à un système d’une trentaine de raies avec un
léger décalage d’une super-période à la suivante. Donc pour un nuage trop large, les pics se
recouvrent. Par exemple, sur les figures V.8a et V.8b, en effectuant le calcul avec une taille
verticale supérieure à 8µm, nous obtenons un brouillage des raies (sans toutefois reproduire
le spectre mesuré). Mais pour le troisième spectre V.8c, où la modulation plus importante
permet de bien séparer les différentes transitions, nous obtenons toujours des pics distincts.

Au vu de l’importance de la taille du nuage pour le spectre du super-réseau, nous avons
réduit et mesuré avec attention la taille du nuage 6. Nous avons estimé, toujours au moyen
de la mesure du déplacement collisionnel, une taille verticale à la fin de l’évaporation de
1µm. Dans le réseau nous estimons une taille variant de 2 à 3 microns. Cette différence est
certainement due au fait que nous interrompons la fin de l’évaporation en allumant le piège
mixte.

Une telle taille du nuage dans le super-réseau ne nous limite pas pour la résolution des
raies.

Remarque sur l’asymétrie des spectres : Les spectres que nous mesurons dans le super-
réseau confirment en fait cette estimation de la taille. Sur la figure V.11, nous présentons des
spectres réalisés avec des durées d’impulsions longues de 200ms pour des transitions ∆l = 1
(U1 = 7 Erec) et pour différentes modulations U2. Nous remarquons une nette asymétrie sur
ces spectres qui est le signe d’un nuage d’une taille de l’ordre de 2µm. Pour un nuage plus
petit, seule une portion de super-période est peuplée et seule une portion de la large raie
est observée. À l’inverse, à partir de 3µm toute la gamme de fréquence est peuplée de façon
homogène et l’asymétrie devient très faible. Pour la modulation U2 = 0, 2 Erec, nous avons
également représenté le spectre pour l’impulsion longue de 1 s de la figure V.9 qui présente
aussi cette asymétrie.

6. C’est alors que nous avons obtenu le premier BEC décrit au chapitre II.
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Figure V.11 – Spectres Raman dans le super-réseau avec U1 ≈ 7 Erec et U2 ≈ 0, 2 Erec.

V.3.3 La position du nuage
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Figure V.12 – Écart-type d’Allan des fluc-
tuations de position mesurée. La droite
en rouge correspond à des fluctuations de
0,45µm coup à coup sans corrélations.

Pour un nuage d’une taille de 3µm, il n’est
pas impossible d’avoir des fluctuations de po-
sition de l’ordre de la taille du nuage. Dans
ce cas, les transitions sondées seraient com-
plètement différentes d’une mesure à l’autre.
Nous avons alors mesuré la position du nuage.
Nous présentons sur la figure V.12 l’écart-type
d’Allan des fluctuations en positions. La posi-
tion est ici définie comme le centre de l’ajus-
tement gaussien dans la direction verticale du
profil observé à l’imagerie par absorption (sec-
tion II.6.1) 7. Nous mesurons des fluctuations
en position coup à coup inférieures à 0,5µm
qui constituent une borne supérieure sur les
fluctuations de la position réelle du nuage.

Nous avons alors introduit de telles fluc-
tuations de position dans notre simulation du
spectre. Elles ne modifient absolument pas le spectre. Il faudrait des fluctuations en position
de l’ordre de la taille du nuage pour modifier le spectre et il faudrait de surcroît, des fluc-
tuations de plusieurs super-périodes pour affecter le pic central. Cette cause seule n’est donc
absolument pas réaliste.

V.3.4 Les fluctuations de fréquence des réseaux

Effet des fluctuations de fréquence
Un dernier effet que nous pouvons tenter d’évaluer est la stabilité en fréquence de nos

réseaux. Dans un réseau simple, une variation de fréquence du laser de par exemple 10MHz
correspond à une variation relative de 2.10−8 du pas du réseau, et donc de la fréquence de
Bloch, ce qui n’est pas mesurable avec notre capteur.

Toutefois nous sommes très loin du miroir, à environ 20 cm soit 750 000 périodes. À une

7. Nous avons vérifié numériquement que pour une distribution de largeur σz observée avec une résolution
5 fois plus petite que σz, l’écart-type d’Allan des fluctuations du centre de l’ajustement gaussien ne diffère que
de quelques % de celui de la distribution originale.
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telle distance, pour une variation de fréquence de 10MHz, les puits sont déplacés d’environ
4 nm. Dans le cas du super-réseau, une telle variation de position entre les puits des deux
réseaux entraîne une variation significative de la modulation et des niveaux d’énergie. On
représente cet effet sur la figure V.13. On y voit la modulation des niveaux d’énergie dans le
super-réseau pour trois combinaisons de fréquences des deux réseaux, avec des variations de
10MHz entre chaque cas.

Une variation de 10MHz implique un décalage en fréquence de chaque raie d’environ la
moitié de la fréquence séparant deux raies. Concrètement, sur l’exemple donné ici, pour deux
transitions séparées de 10Hz (deux points bleus sur la figure), cette variation de 10MHz d’un
laser du réseau décale nos deux transitions de 5Hz (pour donner deux points rouges).
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Figure V.13 – Spectre Raman dans le réseau simple pour différentes puissances du laser de
confinement transverse.

La fréquence des lasers
L’asservissement en fréquence de notre laser à 532 nm du réseau 1 est réalisé sur une raie

du diiode (voir section II.1.2) qui a une largeur de l’ordre de 10MHz [16]. Nous n’avons pas
réalisé de mesure du bruit de fréquence de ce laser mais les fluctuations du signal d’erreur
laissent penser qu’il existe bien des fluctuations résiduelles de fréquence de l’ordre du MHz
qui peuvent être attribuées au bruit de vibration dans la salle d’expérience. Pour les mesures
présentées ici, ce laser n’était pas asservi mais nous avons réalisé des mesures avec et sans
asservissement sans observer de différence.

Le faisceau à 515 nm du réseau 2 est généré en doublant une source à 1030 nm. La figure
V.14 présente une mesure de la fréquence de cette source pendant plusieurs heures. On peut y
observer des fluctuations importantes, typiquement la fréquence dérive de plus de 15MHz en
quelques minutes. Pour la période agitée vers 3-4 heures, la dérive se fait en quelques dizaines
de secondes. La zone stable avant la vingtième heure correspond au milieu de la la nuit et
semble corrélée avec une période stable pour la température de la pièce. Précisons que cette
mesure fût effectuée dans une autre salle d’expérience du laboratoire 8. Puisque cette source
est doublée pour obtenir le faisceau à 515 nm, les variations de fréquence du réseau 2 sont deux
fois plus importantes. Ce laser ne comporte pas de contrôle permettant son asservissement en
fréquence. Il est prévu de changer la source afin de pouvoir également asservir ce faisceau sur
une raie du diiode.

8. Merci à Jérôme Lodewyck, Rodolphe Le Targat et l’équipe de l’horloge à strontium d’avoir effectué pour
nous cette mesure.
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Figure V.14 – Variation de fréquence de la source à 1030 nm.

Les spectres
Afin de mieux se rendre compte de l’impact des dérives en fréquence des lasers sur le

spectre, nous présentons sur la figure V.15 le résultat de la simulation pour un spectre avec
des impulsions de 1 s. Ceci correspond encore au cas de la figure V.9. Sur V.15b, nous avons
représenté 36 spectres pour 6 fréquences de chacun des deux réseaux variant par pas de 2MHz.
Leur moyenne est représentée en rouge. Sur V.15a nous avons à nouveau représenté l’incrément
en énergie entre les puits. On peut constater qu’à l’inverse du cas des inhomogénéités de
profondeur, ce sont cette fois les fréquences les plus proches de la fréquence de Bloch qui sont
les plus affectées tandis que les fréquences les plus modulées varient peu. La conséquence est
visible sur le spectre : des pics latéraux sont encore visibles.
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(a) Incrément en énergie (b) 36 spectres sont ici représentés avec leur moyenne en rouge.

Figure V.15 – Impact des inhomogénéités de fréquence. Une variation de 10MHz des fré-
quences des deux réseaux est ajoutée à la simulation de la figure V.9.

Se rapprocher du miroir
En somme, nous avons vraisemblablement des variations de la fréquence de nos réseaux

de l’ordre de la dizaine de MHz, ce qui est suffisant pour altérer complètement le spectre que
nous voulons observer. Il nous faudra asservir la fréquence de nos deux lasers pour atteindre
une stabilité meilleure que le MHz. Une solution bien plus efficace consiste à se rapprocher du
miroir. Se placer à 2mm du miroir permet de réduire de deux ordres de grandeur la contrainte
sur la stabilité de fréquence des réseaux.
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Pour calculer précisément l’impact des fluctuations de fréquence sur la mesure, il faudrait
prendre en compte la densité spectrale de bruit des lasers du super-réseau et introduire la
dépendance de ces fluctuations de fréquence pendant les impulsions de sélection. Ceci per-
mettrait également de connaître la contrainte à imposer, par l’asservissement, sur la largeur
de raie des lasers.

Remarque sur la modulation de la phase du réseau : Nous avons bien dit au début
de cette section qu’une variation de fréquence de 10MHz équivaut à un déplacement des puits
de 4 nm lorsque nous sommes à une distance de 20 cm du miroir. Ces fluctuations de fréquence
représentent donc une modulation importante de la phase et pourrait peut-être induire un
couplage entre états de Wannier-Stark. Nous reviendrons sur ce point section V.4.1 mais nous
précisons dès maintenant qu’il sera intéressant à ce sujet de comparer les oscillations de Rabi
ainsi que la cohérence des interféromètres à grande et courte distance du miroir. Un gain sur
l’efficacité des transitions et le contraste de l’interféromètre n’est pas exclu.

V.3.5 Effets conjoints et simulations

Nous avons évoqué ici quatre effets susceptibles de dégrader les spectres dans le super-
réseau. Si la taille du nuage et les fluctuations de position ne semblent pas être limitants, les
fluctuations de fréquence des réseaux dégradent, quant à elles, vraisemblablement la résolution
des spectres. Nous pouvons également imaginer un effet conjoint avec les inhomogénéités de
profondeur. Comme nous l’avons expliqué, les inhomogénéités de profondeur affectent le plus
les transitions les plus modulées et donc le bord du spectre tandis que les fluctuations de
fréquence affectent les fréquences peu modulées et le centre du spectre. En prenant en compte
ces deux effets nous pouvons donner dans nos simulations, n’importe quelle forme aux spectres.

Nous présentons de telles simulations sur la figure V.16 où nous reprenons les 4 cas de
la section V.2.2. Nous moyennons seulement 9 spectres en faisant varier les fréquences des
réseaux de ± 5MHz et leurs profondeurs de ± 5%. Ceci suffit à faire disparaître la totalité
des pics tout en gardant une probabilité de transition plus grande sur les bords du spectre.
Les simulations sont ici assez proches de nos mesures. Prendre des distributions plus réalistes
de fréquences et de profondeurs allonge beaucoup les simulations car à chaque cas il faut
diagonaliser un nouvel Hamiltonien.

Remarque sur le moyennage
Les spectres simulés que nous présentons sont issus de moyennes de plusieurs spectres.

Cette approche représente aussi bien le cas d’inhomogénéités que celui de fluctuations rapides.
Dans le cas de dérives lentes (plus lentes qu’un cycle de mesure), les raies seraient cependant
observées. Nous avons déjà remarqué que nous n’obtenions presque jamais de probabilité de
transition nulle. C’est donc que les fluctuations responsables de l’élargissement des raies sont
relativement rapides (par rapport à la durée d’une mesure). Nous revenons sur cette échelle
de temps des fluctuations en cause dans la section suivante.
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Figure V.16 – Simulations des spectres dans le super-réseau incluant à la fois des fluctuations
de fréquence des réseau ainsi que des inhomogénéités de profondeurs. 9 spectres sont moyennés
avec des variations de ± 5% de la profondeur et de ± 5MHz pour la fréquence des deux
réseaux.

V.3 – Conclusion

Cette section montre qu’il existe des fluctuations de fréquence, rapide devant la durée
d’un cycle de mesure, de nos réseaux et qu’il s’agit là de la source principale d’élar-
gissement des raies dans nos spectres. En ajoutant également des inhomogénéités de
profondeur des réseaux à nos simulations, nous pouvons reproduire l’allure des spectres
mesurés. Se rapprocher du miroir et asservir les lasers permettra de s’affranchir des
fluctuations de fréquence et les inhomogénéités de profondeur n’affectent pas les raies
centrales du spectre. Il sera alors en théorie possible de sélectionner efficacement les
états de Wannier-Stark correspondant à ces transitions.
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V.4 Sélection
Bien que nous n’ayons pas réussi à obtenir un spectre où toutes les transitions sont résolues,

nous réalisons tout de même des tests de séquences de sélection pour encore améliorer la
résolution du nuage. Puisque nous pensons comprendre la cause de l’élargissement de nos
raies, voyons comment nous pouvons manipuler les états de Wannier-Stark.

Nous présentons ici deux séquences de sélection-spectroscopie Raman. Dans les deux cas,
une première impulsion Raman à une fréquence fixée permet de sélectionner certains états de
Wannier-Stark puis, une seconde impulsion dont on balaye la fréquence permet de réaliser la
spectroscopie de ces états sélectionnés 9.

V.4.1 Sélection standard

Ce que nous appelons ici la sélection standard est la séquence que nous avions initiale-
ment imaginée et que nous avons déjà décrite au début de ce chapitre (voir figure V.3). Afin
d’examiner les états que nous avons sélectionnés, nous réalisons de nouvelles séries de spectres
après les séquences de sélection. La figure V.17 présente une telle analyse. Nous nous pen-
chons ici sur une transition ∆l = 3. Nous pouvons tout d’abord observer en noir un spectre
du super-réseau avant la sélection. Nous calibrons les profondeurs des réseaux à U1 = 4 Erec
et U2 = 0, 045 Erec. Tous les spectres de cette figure sont réalisés avec la même résolution
τ = 110ms. Nous présentons ensuite 3 spectres pour 3 sélections réalisées à des fréquences
différentes : 1676, 1706 et 1755 Hz. L’impulsion de sélection dure également 110ms 10.
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Figure V.17 – Spectres Raman avant (en noir) et après la sélection standard pour 3 fréquences
de sélection, pour des durées d’impulsions de sélection et de spectroscopie τ = 110ms avec
U1 = 4 Erec et U2 = 0, 045 Erec. Les simulations tiennent compte de variations de ± 5MHz de
fréquence des réseaux et de ± 10% de leur profondeur.

9. Nous avons expliqué section II.1.2 comment notre système d’asservissement permettait de changer la
fréquence des laser Raman au sein d’un cycle
10. Nous savons qu’avec une telle durée d’impulsion, nous sélectionnons plusieurs états de Wannier-Stark

mais l’instabilité du super-réseau ne nous permet pas, de toute façon, de sélectionner un unique état. Nous
sélectionnons ainsi plus d’atomes ce qui permet d’augmenter le rapport signal sur bruit de la détection.
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Nous accompagnons comme toujours nos mesures de simulations. Nous pouvons remar-
quer que les trois spectres mesurés après la sélection sont bien plus larges que prévu. Il n’est
pas possible ici d’inclure des inhomogénéités réalistes et suffisantes pour expliquer cet élargis-
sement.

Nous expliquons cet écart par des fluctuations rapides de la distribution des pseudo-
fréquences de Bloch. En effet comme nous l’avons déjà précisé plus haut, dans nos simulations
nous prenons en compte les fluctuations et inhomogénéités en moyennant des spectres. Si la
distribution en fréquence change pendant l’impulsion de sélection, alors la distribution d’états
sélectionnés est plus large. Si ensuite la distribution en fréquence change entre la sélection et
la spectroscopie ou pendant l’impulsion de spectroscopie, la raie sera encore élargie.

Ici, une probabilité de transition ne dépassant pas les 40% nous indique que les fluctuations
sont plus rapides qu’un cycle de mesure. Imaginons un cas limite où l’on aurait une distribution
homogène de fréquences. Le profil de fréquences sélectionnées est alors celui de l’impulsion
Raman (de 16Hz de large pour l’impulsion de 110ms). Lorsque nous réalisons le spectre,
nous convoluons l’impulsion Raman de spectroscopie (également de 16Hz de large) avec cette
distribution. On obtient alors une probabilité de transition maximale de 0,65 et une raie élargie
à sa base (environ 35Hz). Même avec une distribution complètement homogène de fréquences
et des raies absolument non résolues nous devrions, dans le cas de dérive lente, observer une
probabilité de transition qui dépasse les 60% dans notre spectre après sélection.
Nous avons là une deuxième indication que les fluctuations de la distribution en fréquence
sont rapides devant un cycle de mesure.

Nous nous sommes alors intéressés à la dépendance temporelle de la distribution sélec-
tionnée. Pour cela, nous avons réalisé de tels spectres immédiatement après la sélection et
jusqu’à une seconde plus tard. Nos résultats sont identiques. Nous sommes donc limités par
des fluctuations des pseudo-fréquences sur des échelles de temps inférieures à la durée des
impulsions Raman, ici de l’ordre de 100ms. Les dérives de la fréquence du réseau 2, de l’ordre
de la dizaine de secondes, observées sur la figure V.14, sont ici hors de cause.

États sélectionnés
Dans les spectres du super-réseau nous pouvons attribuer une fréquence à un état de

Wannier-Stark donné. Grâce aux spectres mesurés nous pouvons donc déduire quels sont les
états de Wannier-Stark peuplés. En raison de la taille de notre distribution, il existe plusieurs
possibilités. Nous en représentons une sur le schéma V.18 où nous reprenons le code couleur

Figure V.18 – États sélectionnés

de la figure V.17. Nous représentons approximati-
vement le nombre de puits initiaux peuplés. Pour
la position du nuage de cet exemple, nous voyons
que l’impulsion à basse fréquence (spectre rouge)
sélectionne des états dans deux super-périodes
tandis qu’à haute fréquence (spectre jaune), elle
sélectionne quelques états adjacents. Si la distri-
bution est décalée, la situation peut être inverse
ou intermédiaire. Ici nous avons pris un cas un
peu idéalisé et, en réalité, pour sélectionner ces
états avec la sélection de la figure V.17 il aurait

fallu utiliser des fréquences un peu plus éloignées (entre 1760 et 1770 Hz pour la fréquence
haute et entre 1655 et 1665 Hz pour la basse fréquence). Dans le cas de la sélection à la fré-
quence centrale (spectre bleu), pour notre taille de distribution, nous sélectionnons forcément
des états dans deux zones de la super-période séparées de 4µm.
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En somme nous sélectionnons pour l’instant, avec cette séquence, de 6 à 10 états de
Wannier-Stark répartis sur 1,5 à 8 µm. La sélection de 6 états de Wannier-Stark adjacents
représente déjà un gain considérable quant à la résolution spatiale. Malheureusement il n’est
ici pas possible de distinguer la situation jaune de la situation rouge. Travailler avec une
distribution initiale encore plus petite est difficile mais peupler une unique super-période
permettrait de sélectionner avec certitude des états adjacents.

Remarque sur les vibrations et la modulation de phase du super-réseau
Dans notre expérience, nous couplons les états de Wannier-Stark en réalisant des tran-

sitions Raman. Mais il existe d’autres techniques pour réaliser ce couplage, par exemple en
modulant la profondeur [166, 113] ou bien la phase [167, 168] du réseau pour coupler entre
eux les états de Wannier-Stark. Dans ce second cas, la méthode appliquée est la modulation
de la position du miroir de rétro-réflexion du réseau. De la même manière, des vibrations du
miroir autour de fréquences multiples de la fréquence de Bloch peuvent entraîner un couplage
entre les différents états de Wannier-Stark. Par ailleurs, comme nous l’avons évoqué section
V.3.4, les fluctuations de fréquence des réseaux induisent une modulation de la phase qui,
à des fréquences multiples de la fréquence de Bloch, pourrait coupler entre eux les états de
Wannier-Stark.

Dans ce cas le couplage ne concerne que l’état externe et les atomes restent dans le même
état interne. Ceci n’affecte donc en rien les spectres dans le réseau simple puisque tous les états
de Wannier-Stark sont identiques mais conduirait à une dégradation de la résolution spatiale
et nous n’avons jamais observé d’étalement du nuage au cours de plusieurs secondes (dans les
limites imposées par la résolution de notre système d’imagerie). Par ailleurs, ceci entraînerait
une réduction du contraste des interféromètres (due à l’apparition d’interféromètres parasites)
et pourrait être la cause d’une partie de la décohérence non réversible.

Nous parlons ici de cet effet car la séquence de sélection nous offre une possibilité de
l’étudier. En effet s’il existe un couplage entre états de Wannier-Stark dû à la modulation de
la phase, alors la distribution de ces états évolue au cours du temps. Et puisque les états de
Wannier-Stark sont différents les uns des autres dans le super-réseau, nous pourrions alors
suivre cette évolution temporelle. Dans la pratique, le couplage entre états propres induirait,
après la séquence de sélection, un élargissement de la distribution mesurée. Or, comme nous
l’avons indiqué plus haut, cette distribution est stationnaire. Nous concluons donc ici qu’il
n’y a pas de couplage significatif entre états de Wannier-Stark dû aux vibrations ou aux
fluctuations de fréquence des réseaux.

V.4.1 – Conclusion

Nous avons donc montré dans cette partie que nous pouvons déjà réaliser une sélection
d’un groupe d’états de Wannier-Stark. Dans le meilleur des cas, nous pouvons pour
l’instant sélectionner des états propres répartis sur approximativement 6 puits adja-
cents.
Nous avons également confirmé que les fluctuations évoquées dans la section précédente
jouent un rôle pendant l’impulsion de sélection ou de spectroscopie.
En perspective, lorsque les atomes seront proches du miroir, nous pourrons sélectionner,
avec une telle séquence, une distribution plus réduite d’états de Wannier-Stark.
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V.4.2 Sélection composite

L’objectif initial, en réalisant la séquence décrite ci-après, était d’imbriquer, pour des
raisons techniques 11, la séquence de sélection Raman des états de Wannier-Stark avec la
séquence de polarisation dans le sous-niveau Zeeman mF = 0 (voir section II.5.1). Nous
verrons que cette méthode peut être judicieusement employée pour réaliser la sélection.

La séquence en question est présentée sur la figure V.19. La première impulsion MW de
la polarisation est remplacée par l’impulsion de sélection Raman. L’impulsion de pousseur F1
éjecte alors tous les atomes non sélectionnés ainsi que ceux qui n’avaient pas été pompés
optiquement dans |F = 1,mF = 0〉. Puis on réalise une impulsion MW qui transfère tous les
atomes sélectionnés de |F = 2,mF = 0〉 vers |F = 1,mF = 0〉. Ensuite l’impulsion de pous-
seur F2 permet d’éjecter les atomes restant dans les autres sous-niveaux Zeeman mF 6= 0.
Enfin on peut réaliser la spectroscopie des états sélectionnés à l’aide de la seconde impulsion
Raman.
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Figure V.19 – Séquence de sélection mêlée à la préparation puis spectroscopie

Nous observons typiquement le spectre de la figure V.20. Sur cette figure, nous nous
concentrons sur une séparation ∆l = 4. Nous avons donc réglé le réseau 1 à une profondeur
de 3,15Erec et les pseudo-fréquences de Bloch sont modulées autour de 4 νB ≈ 2274Hz. Nous
avons représenté en noir la moyenne de 5 spectres avant la sélection qui nous informe sur la
modulation des pseudo-fréquences de Bloch. Les barres d’erreur sont statistiques. En gris est
représenté le profil spectral de l’impulsion de sélection de 120ms et de fréquence νR = 2274Hz.
Enfin nous avons représenté en bleu la moyenne de 40 spectres des états sélectionnés, réalisés
en balayant la fréquence d’une seconde impulsion de 120ms. Nous aurions pu nous attendre à
observer un spectre proche de l’impulsion de sélection, mais nous observons en fait deux raies
nettement séparées. Ce résultat quelque peu surprenant au premier abord s’explique en fait
par notre séquence impliquant un changement d’état interne.

11. L’interface qui permet de contrôler la séquence temporelle comporte un certain nombre de phases suc-
cessives pendant lesquelles les réglages peuvent varier. À chaque changement de puissance ou de fréquence des
lasers refroidisseur, repompeur ou Raman, il faut changer de phase. Pour la section précédente, le code fut
modifié et de nouvelles phases furent ajoutées pour opérer la sélection voulue. Ici nous imbriquons les phases
successives.
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Figure V.20 – Spectres Raman avant (en noir) et après (en bleu) la sélection type “MW”,
pour des durées d’impulsions de sélection et de spectroscopie τ = 120ms avec U1 = 3 Erec et
U2 = 0, 045 Erec. Les simulations tiennent compte de variations de ± 5MHz de fréquence des
réseaux et de ± 10% de leur profondeur. Le profil de l’impulsion de sélection est représenté
en gris.

Explication de l’allure du spectre

Nous représentons sur le schéma V.21 les transitions sélectionnées et sondées. À gauche
figure l’incrément en énergie que nous avons déjà rencontré plusieurs fois et à droite le spectre
du super-réseau à basse résolution. L’étape 1 de sélection est représentée par les flèches bleues
qui indiquent le changement de niveau d’énergie des états sélectionnés pour une transition
∆l = 4. Dans cet exemple, deux états bien distincts sont concernés par cette transition (au
niveau des pointillés). Nous avons choisi une fréquence au milieu du spectre (peu modulée).
Ensuite pour l’étape de spectroscopie, nous représentons deux possibilités. Dans le cas où l’im-
pulsion de spectroscopie est réalisée directement après la sélection, nous sommes à l’étape 2
représentée par les flèches noires. La même transition qu’à l’étape de sélection est interrogée
et on retourne à l’état initial. Sur le spectre, un pic apparaît donc à la fréquence de sélection.
C’est le cas de la section précédente. Le second cas est celui de cette section où nous interca-
lons une impulsion micro-onde. Nous changeons ainsi l’état interne et les lasers Raman sont
alors résonnants avec la transition |F = 1,WSl+2∆l〉 → |F = 2,WSl+2∆l〉. Pour les deux états
sélectionnés, ces deux nouvelles transitions sont alors bien distinctes et conduisent aux raies
rouge et verte du spectre.

Sur la figure V.20, nous avons calculé les spectres avant, comme après la sélection, en
prenant en compte dans ce second cas le changement d’état interne. Nous avons ajouté, dans
ces simulations, des inhomogénéités de ± 5MHz sur la fréquence des réseaux et des variations
de profondeur de ± 10% pour mieux représenter les données. Pour les mêmes raisons que
dans la section précédente, la raie mesurée est plus large que celle simulée. La différence est
cependant bien moins marquée. La mesure a peut-être été réalisée dans des conditions plus
stables.
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Figure V.21 – Séquence de sélection “MW”

Influence de la séparation ∆l
Comme nous le rappelle le schéma de gauche de V.21, plus la séparation ∆l est importante,

plus les énergies des états final et initial sont différentes ; donc plus les pics rouge et vert de ce
même schéma s’éloignent de la fréquence centrale utilisée pour la sélection. C’est ce que nous
nous proposons de vérifier sur la figure V.22. Nous avons mesuré pour des séparations allant
de 1 à 4 les spectres avant et après sélection comme sur la figure V.20. Nous appelons ici δν la
différence de fréquence entre les deux pics de la sélection et ∆ν la largeur (à mi-hauteur) du
spectre avant sélection. Pour comparer la séparation en fréquence des deux pics sélectionnés
pour différents ∆l nous faisons le rapport δν

∆ν . C’est ce rapport que nous avons tracé sur la
figure V.22, en bleu pour nos mesures et en rouge pour nos simulations. Pour ∆l = 1 à 3,
les spectres sont moyennés sur 3 mesures et réalisés avec des impulsions Raman de 110ms et
pour ∆l = 4, la moyenne de 40 spectres de la figure V.20 est utilisée. Nous observons bien une
séparation en fréquence de plus en plus nette lorsque ∆l augmente. Si l’on souhaite séparer
et résoudre ces deux pics, une séparation de ∆l = 4 est donc plus favorable.
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Figure V.22 – Séparation en fréquence entre les deux populations sélectionnées par la sé-
quence “composite”
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Intérêt d’une telle séquence
Une telle séquence présente deux intérêts majeurs.

• Étude de la distribution d’états : Le premier est la connaissance de notre distribu-
tion d’états. En effet lorsque nous réalisons un simple spectre dans le super-réseau, nous
pouvons imposer une limite sur la taille du nuage mais de multiples distributions d’états
de Wannier-Stark aboutissent aux mêmes simulations (du moins avec notre résolution
spectrale actuelle réduite). Ici nous pouvons clairement distinguer deux populations
d’états de Wannier-Stark.

Pour notre distribution gaussienne de 3µm, les atomes s’étendent sur deux super-
périodes mais en peuplent essentiellement une seule (80% des atomes). Pour les fré-
quences de sélection proches de la fréquence de Bloch, nous sélectionnons donc deux
ensembles d’états de Wannier-Stark distincts. Cette séquence de spectroscopie permet
de les distinguer clairement. Si nous réalisions le même spectre avec une distribution un
peu plus étroite, de 2µm par exemple, nous verrions apparaître une asymétrie entre les
deux pics. L’amplitude relative entre les deux pics nous indiquerait alors où se trouve
la distribution atomique au sein de la super-période.

À partir de 3µm, si l’on décale la distribution, on dépeuple une super-période pour
repeupler à l’identique la super-période suivante. On observe donc toujours deux pics
d’amplitude similaire.

• Sélection composite : Il est difficile expérimentalement d’atteindre des tailles infé-
rieures sans trop perdre en nombre d’atomes. Ceci semble être un problème pour la
sélection. Deux stratégies peuvent être adoptées :

1. Sélectionner les pseudo-fréquences de Bloch les plus modulées, en bord de spectre.
C’est le cas des spectres rouge et jaune de la section précédente. Pour une distri-
bution assez étroite, nous sélectionnons alors des états au sein d’une unique super-
période. L’inconvénient est que plusieurs raies sont proches les unes des autres
(comme on peut le voir sur les schémas représentant les incréments en énergie). De
plus, comme nous l’avons vu, les bords du spectres sont très sensibles aux inho-
mogénéités de profondeurs. Il est alors plus difficile d’isoler un unique état propre.
Mais il est ainsi possible de réduire la distribution à quelques états adjacents.

2. Sélectionner une pseudo-fréquence de Bloch peu modulée. Ainsi, il est plus facile
d’isoler une transition unique, stable et bien séparée des autres. Mais alors nous
sélectionnons à coup sûr deux états séparés de 4µm.

Une séquence de sélection composite nous permet alors, dans ce deuxième cas, d’isoler
un unique état. Il suffit de réaliser une sélection en trois impulsions : une première
sélection Raman, une transition micro-onde pour changer d’état interne et une troisième
impulsion de sélection Raman.

Parmi les limitations que nous avons évoquées section V.3, la seule qui affecte les raies
centrales est la fluctuation de fréquence des réseaux. Son effet sera négligeable au voisi-
nage du miroir. Sélectionner une raie centrale devient alors un choix privilégié et cette
séquence est d’autant plus intéressante.
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Résumé et perspective

Nous avons dans ce chapitre présenté le principe de la sélection d’états de Wannier-
Stark dans le super-réseau. Celui-ci permet de lever la dégénérescence de l’incrément
en énergie entre les états.
Nous avons étudié par spectroscopie les états dans ce nouveau potentiel.
L’accord avec nos simulations montre une bonne compréhension des résultats. Deux
problèmes principaux se posent :

• L’instabilité de la modulation de ces incréments en énergie.
• La taille du nuage qui doit être plus petite que la période de modulation.
Une manipulation contrôlée des états propres du super-réseau par des séquences

d’impulsions Raman et micro-onde nous permet de réaliser les premières sélections.
Nous avons proposé une séquence de sélection appropriée à la taille actuelle de notre
nuage et qui permet d’adresser les transitions les plus stables d’après nos calculs.
Se rapprocher du miroir tout en maintenant une taille inférieure à 3µm sont les points
clés pour la suite du travail dans le super-réseau.
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Chapitre VI

Conclusions et perspectives

Nous avons présenté dans ce manuscrit, le travail réalisé pendant trois ans sur le projet
ForCa-G dont l’objectif final est la mesure de forces à courte distance exercées entre des
atomes piégés dans un réseau optique vertical et le miroir de rétro-réflexion de ce réseau.

L’expérience a maintenant acquis une certaine maturité. Depuis plusieurs années, elle
permet de mesurer par interférométrie atomique la différence de potentiel entre des puits
adjacents du réseau. Elle fut optimisée, notamment par l’étude des limitations qu’impose le
potentiel de piégeage, dans le régime dilué, jusqu’à atteindre des performances à l’état de l’art
pour la mesure de la force de pesanteur avec un capteur à atomes piégés. Plus récemment
un piège dipolaire croisé fut mis en place afin de réaliser un refroidissement évaporatif, une
étape cruciale pour la mesure finale car elle permet l’amélioration de la résolution spatiale.
La densité de la source atomique est alors augmentée de plus de trois ordres de grandeur.
L’impact des interactions sur des interféromètres piégés dans un potentiel harmonique ou
périodique fut alors étudié et mena à de beaux résultats sur la resynchronisation des spins ou
l’apparition d’une densité magique.

Dans cet ouvrage, nous sommes revenus à la mesure de force et nous sommes concentrés
sur l’étude et l’optimisation de la résolution spatiale et des performances du capteur dans ce
nouveau régime. Dans l’ensemble, les résultats obtenus à ce jour avec l’expérience ForCa-G
sont prometteurs pour la mesure de force à courte distance.

VI.1 Résultats et implications
Nous avons pu améliorer la préparation de la source atomique en augmentant le nombre

d’atomes tout en minimisant sa taille. Ce faisant nous avons notamment atteint la condensa-
tion de Bose-Einstein.

Nous avons présenté une étude détaillée de la résolution spatiale et des performances
du capteur. Nous avons montré que nous pouvions réduire la densité sans affecter la taille
verticale de la source atomique afin de maintenir une excellente sensibilité. Nous présentons
une mesure à l’état de l’art en matière de sensibilité pour de telles résolutions spatiales.
Cette sensibilité de la mesure est tout à fait suffisante pour les objectifs fixés sur la mesure de
la force de Casimir-Polder et les contraintes à apporter sur la déviation à la loi de Newton.
L’amélioration la plus évidente à apporter sur cette sensibilité est l’optimisation du bruit
de détection. La mise en place d’un système d’imagerie adapté pour détecter les atomes par
fluorescence afin d’atteindre la limite quantique standard est un chantier en cours.

Nous avons également présenté un nouvel interféromètre, nommé multi-π, pour encore
améliorer la sensibilité. Ce champ d’investigation n’a pas complètement porté ses fruits et
l’amplitude de la chute du contraste avec la séparation et surtout l’instabilité de ce contraste
sont restés des questions sans réponse. La géométrie proposée ici pourrait pourtant permettre
une mesure directe du potentiel de Casimir-Polder. Nous avons un capteur de force car nous
mesurons des différences de potentiel. Mais au delà de 15µm entre le miroir et les atomes,
la force de CP est tellement faible que nous ne pouvons plus la mesurer. Réaliser un in-
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terféromètre multi-π avec une séparation supérieure à 15 µm permettrait alors de mesurer
directement le potentiel de CP.

Nous avons aussi mesuré les déplacements collisionnels dans les interféromètres permettant
la mesure de force. Nous avons caractérisé ce biais pour toutes les séparations qui nous sont
accessibles. Nous avons mis en évidence le rôle de cette séparation dans ces interactions.
Toutefois nous n’avons pu expliquer quantitativement les résultats que nous avons obtenus.
La physique mise en jeu semble aller au delà du simple modèle de champ moyen fondé sur la
théorie de la diffusion pour des interactions à deux corps. La compréhension de ces résultats
est un sujet d’étude encore ouvert auquel il serait fort intéressant d’apporter des réponses.
Ceci dit, même si ces effets ne sont pas complètement compris, ils ne seront pas limitants pour
la mesure de force à courte distance, et ce pour plusieurs raisons. Tout d’abord nous pouvons
mesurer et rejeter cet effet en variant le nombre d’atomes. Ensuite nous pourrons toujours
réaliser des mesures différentielles en utilisant des transitions ±∆l qui permettront aussi de
supprimer ce biais (bien que l’asymétrie du potentiel à courte distance rende cette mesure
différentielle moins favorable). Par ailleurs nous avons montré que nous pouvions diluer le
nuage sans perdre en résolution spatiale en augmentant la taille transverse du nuage. Ceci
permet de réduire les biais et inhomogénéités liés aux interactions. Enfin une piste intéressante
est l’annulation du déplacement collisionnel en ajustant la durée des impulsions Raman. Dans
le cas d’une excellente stabilité du couplage Raman, il serait d’ailleurs possible d’améliorer la
sensibilité du capteur en le rendant insensible aux fluctuations de densités.

Une dernière partie de cette thèse est consacrée à l’implémentation du super-réseau, uti-
lisé pour encore améliorer la résolution spatiale en sélectionnant un unique état propre. La
méthode présentée ici repose sur la levée de dégénérescence de l’incrément en énergie entre
les puits adjacents par la modulation du potentiel périodique. Nous avons présenté une étude
spectroscopique des états de ce nouveau système ainsi que les premiers résultats de sélection
d’états de Wannier-Stark dans le super-réseau. Nous avons désigné les limitations actuelles
à cette sélection. Se rapprocher du miroir est la prochaine tâche décisive à accomplir sur
ForCa-G et améliorera cette phase de sélection et le contrôle des états dans le super-réseau.

VI.2 Les prochaines étapes
Nous avons beaucoup insisté sur l’aspect de la résolution spatiale et des performances dans

ce manuscrit mais d’autres étapes vers la mesure finale restent à franchir.

La surface macroscopique

La plupart des résultats présentés ont été obtenus avec la version précédente de l’expé-
rience. Mais comme nous l’avons décrit section II.8, nous avons installé, à la fin de ma thèse,
une extension à l’enceinte à vide principale, dans laquelle se trouve le miroir de rétro-réflexion
de l’onde stationnaire qui sera utilisé pour la mesure finale. Toutes les phases de préparation
de la source atomique ultrafroide et d’interrogation sont à nouveau fonctionnelles et ont été
réoptimisées. Une avancée importante a donc été réalisée vers la version finale de ForCa-G.
L’histoire ne s’arrête cependant pas ici. Pour réaliser la mesure au niveau de l’enceinte du
haut, où se trouve la surface, il faudra notamment rajouter des bobines de champ de quan-
tification et de champ de compensation ; nous voulons également mettre en place un système
de détection à grande ouverture numérique et créer un gradient supplémentaire pour pouvoir
déplacer les atomes avant de les imager. Il est également possible de réinstaller un second
système d’évaporation afin de contrôler le volume du nuage au voisinage du miroir. Enfin, une
étape essentielle est de déplacer les atomes au voisinage de ce miroir.
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L’ascenseur de Bloch

Pour réaliser un transport contrôlé de notre source atomique et la déplacer au voisinage
du miroir, nous avons mis en place un réseau optique accéléré que nous nommons ascenseur
de Bloch. Nous superposons deux faisceaux contra-propageants à 780 nm désaccordés de ré-
sonance d’une centaine de GHz entre lesquels nous appliquons une différence de fréquence
δν(t). Les puits du réseau formé se déplacent alors à une vitesse v(t) = πδν(t)

k . Les atomes sont
alors accélérés en subissant des oscillations de Bloch. Pour une rampe de fréquence allant par
exemple jusqu’à 10MHz en 10ms, les atomes subissent environ 300 oscillations de Bloch et
sont accélérés d’environ 40 fois l’accélération de la pesanteur.

Une étude de la stratégie et des paramètres optimaux pour le transport des atomes a
été réalisée au début de ma thèse [169] et nous avons démontré une efficacité de transport
sur quelques cm de l’ordre de 80%. Nous sommes maintenant revenus sur ce travail ; cette
fois il faut déplacer les atomes sur 25 cm pour être au voisinage du miroir et nous œuvrons
actuellement à l’optimisation de ce transport.

La mesure à courte distance

Une fois accomplies ces dernières étapes de mise au point de la version finale de ForCa-G et
de transport de la source atomique, les premières mesures de force à courte distance pourront
commencer. Les mesures par spectroscopie de Rabi ou avec des interféromètres de Ramsey
permettront de déterminer, pour des distances allant de 1 à 15 µm, la variation des niveaux
d’énergie due au potentiel de Casimir-Polder qui est l’interaction atome-surface dominante
dans cette gamme de séparation. Nous pourrons alors comparer ces mesures aux calculs effec-
tués dans la thèse d’Axel Maury, qui prennent en compte les couches qui composent le miroir
et la configuration de notre expérience.

Il faudra alors réaliser une caractérisation complète des effets systématiques et des limita-
tions sur la sensibilité de la mesure dans cette nouvelle configuration. On attend par exemple
un effet de la lumière du réseau diffusée sur le miroir ou encore d’atomes de Rb adsorbés sur
la surface qui constitueront des dipôles générant des forces parasites.

Plus tard, la mesure différentielle mettant en en jeu les deux isotopes 85Rb et 87Rb per-
mettra de rejeter la force de Casimir afin d’améliorer la contrainte posée sur l’amplitude α
d’une éventuelle déviation à la loi de Newton.
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Résumé

Le projet ForCa-G (pour Force de Casimir-Polder et Gravitation) a pour objectif ultime
la mesure de forces à courte distance entre un atome et une surface macroscopique. Notre
capteur de force met en jeu des atomes de 87Rb piégés dans un réseau optique vertical où des
transitions Raman à deux photons permettent de réaliser une superposition cohérente d’états
spatialement séparés et de mesurer par interférométrie atomique la variation du potentiel
dans la direction verticale. Au vu de la forte dépendance en position des forces d’interaction
atome-surface, une très haute résolution spatiale du capteur est requise. Une résolution spatiale
micrométrique de la mesure de force est atteinte en diminuant la taille de la source atomique
par refroidissement évaporatif. La sensibilité relative, obtenue pour la mesure de la force de
pesanteur, de 5×10−6 à 1 s, qui s’intègre jusqu’à 8×10−8 en 1 h, est à l’état de l’art pour une
telle résolution spatiale. L’amélioration de cette résolution implique une augmentation de la
densité atomique. Une étude des interactions atomiques est alors réalisée dans la configuration
particulière de notre interféromètre à atomes piégés où nous avons un contrôle cohérent sur
le recouvrement des paquets d’onde. Afin d’obtenir une résolution spatiale encore meilleure,
nous voulons sélectionner un unique état propre du système. Notre choix s’est porté sur la
mise en place d’un super-réseau qui lève la dégénérescence de l’incrément en énergie entre
puits adjacents.

Mots-clés : Interférométrie atomique, réseau optique, atomes ultrafroids, interactions ato-
miques, super-réseau, Casimir-Polder, fréquence de Bloch, métrologie, capteur quantique.

Abstract

The aim of the ForCa-G project (for Casimir-Polder Force and Gravitation) is to measure
short range forces between an atom and a macroscopic surface. Our force sensor involves 87Rb
atoms trapped in a vertical optical lattice where two-photon Raman transitions allow to create
a coherent superposition of spatially separated states and thus realize an atom interferometer
to measure the variation of the potential in the vertical direction. Given the high position
dependence of atom-surface interaction forces, a very high spatial resolution of the sensor is
required. A micrometric spatial resolution of the force measurement is achieved by reducing
the size of the atomic source using evaporative cooling. The relative sensitivity, obtained
for the measurement of the gravitational force, of 5 × 10−6 at 1 s, which averages down to
8×10−8 in 1 h, is at the state of the art for such a spatial resolution. Improving this resolution
implies an increase in atomic density. A study of atomic interactions is then carried out in the
particular configuration of our trapped atom interferometer where we have a coherent control
over the wavepackets overlap. In order to improve the spatial resolution further, we will select
a single eigenstate of the system. For that, we lift the degeneracy of the energy increment
between adjacent wells using a super-lattice.

Key-words : Atom interferometry, optical lattice, ultracold atoms, atomic interactions, super-
lattice, Casimir-Polder, Bloch frequency, metrology, quantum sensor.
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