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Introduction

Le développement des techniques d’optique atomique dans les années 90 a
permis la manipulation cohérente d’ondes de matière et démontré la possibilité
de réaliser des interféromètres fondés sur la séparation et la recombinaison
d’états atomiques à l’aide d’impulsions lumineuses. Ces premières démonstra-
tions ont depuis permis la réalisation de capteurs inertiels de grande sensibilité
comme les gyromètres ou les gravimètres dont les performances concurrencent
les dispositifs classiques. L’interférométrie atomique permet également des
mesures de la constante de structure fine ou de la constante universelle de
gravitation. Ces instruments contribuent à des tests de physique fondamentale
comme par exemple le test d’universalité de la chute libre.

La sensibilité de ces expériences dépend directement de la séparation spa-
tiale entre les ondes de matière. Pour la plupart des mesures, cette séparation
est limitée par des transferts d’impulsion à deux photons lors de l’interaction
atome-laser. Cette limitation peut néanmoins être dépassée grâce à l’utilisation
de séparatrices atomiques à "grands transferts d’impulsion" (Large Momentum
Transfert LMT) démontrées récemment par des méthodes d’accélération continue
ou séquentielle. Ces nouveaux interféromètres promettent ainsi une améliora-
tion significative de la sensibilité des mesures existantes et ouvrent la voie à
de nouveaux instruments, dont la séparation spatiale permet de façonner des
potentiels d’interaction autour des bras de l’interféromètre induisant des effets
quantiques comme les phases de type Aharonov-Bohm (AB) qui peuvent être
exploités pour réaliser des tests de physique fondamentale. Les interféromètres
à grands transferts d’impulsion permettent également d’envisager des nouveaux
tests de relativité générale comme la détection d’ondes gravitationnelles ainsi
que des études de matière et d’énergie noires.

Le développement de sources d’atomes ultra-froids a également permis
d’accroître les performances atteintes par ces instruments. L’obtention de faibles
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INTRODUCTION

dispersions en vitesse offre notamment un meilleur contrôle de la source ato-
mique, puisqu’elles permettent de réduire son expansion spatiale et présentent
ainsi un avantage pour la réalisation d’interféromètres à longs temps d’interro-
gation. Ces sources d’atomes permettent notamment de limiter les effets liés
aux inhomogénéités des faisceaux laser.

Mon travail de thèse a contribué au développement d’un interféromètre
atomique à séparation macroscopique à partir d’une source d’atomes ultra-
froids. Cet instrument permettra d’étudier la métrologie des interféromètres à
bras séparés et la mise en place de nouvelles mesures en physique fondamentale
comme des tests de neutralité de la matière.

Travail de thèse

Mes recherches se sont déroulées au sein de l’équipe Interférométrie Ato-
mique du LCAR entre 2019 et 2023. Ma première année de thèse a consisté
à optimiser un condensat de Bose-Einstein récemment obtenu par l’équipe à
mon arrivée en stage en février 2019. Durant cette année, nous avons également
mis en place le réseau de diffraction vertical permettant la manipulation du
condensat et obtenu les premiers signaux de diffraction dans le régime de
quasi-Bragg. Le travail effectué pendant mes deux autres années de thèse a été
réalisé en collaboration avec T. Rodzinka, arrivé dans l’équipe en octobre 2020.
Au cours de l’année 2021 nous avons mis en place un réseau de lancement per-
mettant de réaliser les premières expériences de manipulation dans l’espace des
phases menant à des régimes de températures sub-nK. En parallèle, nous avons
obtenu les premiers signaux interférométriques. Durant ma dernière année de
thèse, nous avons mis en évidence le caractère multi-chemins d’interféromètres
dans le régime de quasi-Bragg. Nous avons également réalisé et caractérisé des
interféromètres à grands transferts d’impulsion allant jusqu’à des transferts de
178h̄k.

Plan du manuscrit

Chapitre 1. Le premier chapitre expose les principes de l’interférométrie
atomique afin de mieux saisir l’intérêt des récents développements dans ce
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INTRODUCTION

domaine, comme notamment le développement d’interféromètres à grande
séparation spatiale. Dans ce chapitre j’introduis également des éléments théo-
riques sur la détermination de la phase d’un interféromètre permettant de
rendre compte des effets de type AB et des corrections non-quadratiques pour
des interféromètres à bras séparés. Enfin, je présente un exemple d’utilisation
d’interféromètre à grands transferts d’impulsion en vue de tests de la neutralité
de la matière.

Chapitre 2. Le second chapitre présente notre source de condensats de Bose-
Einstein. Dans ce chapitre je détaille également la mise en place d’un réseau
optique utilisé pour accélérer les atomes par oscillations de Bloch. Cette méthode
augmente le temps de vol libre des atomes nécessaire pour atteindre des
températures sub-nK à l’aide d’une technique de manipulation dans l’espace
des phases. Les aspects théoriques ainsi que les résultats expérimentaux obtenus
à partir de cette méthode sont présentés dans ce chapitre.

Chapitre 3. Le troisième chapitre présente une étude théorique et expérimen-
tale de la diffraction atomique dans le régime de quasi-Bragg, ainsi que les
limites associées pour la réalisation d’interféromètres. Je présente pour cela
nos résultats dans le cas de la diffraction à ordre élevé, puis sur des signaux
interférométriques jusqu’à l’ordre n = 5. Le caractère multi-chemins de ces
interféromètres, inhérents au régime de quasi-Bragg, fait également l’objet d’une
étude dans ce chapitre.

Chapitre 4. Le dernier chapitre présente le principe de la diffraction de Bragg
séquentielle utilisée pour la réalisation d’interféromètres à grande séparation
spatiale. Afin de mieux comprendre les limites de ces séparatrices atomiques,
je commente l’impact lié à la nature multi-chemins des interféromètres LMT
réalisés dans le régime de Bragg. Enfin je présente l’interféromètre de 178h̄k
obtenu dans notre équipe à partir d’une accélération de Bragg séquentielle.
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CHAPITRE 1
Interférométrie atomique

En 1923, L. de Broglie [De Broglie, 1923] introduit le concept de dualité onde-
particule en associant à chaque particule de quantité de mouvement p une
onde de longeur d’onde λ = h/p. Cette idée conduit par la suite E. Schrö-
dinger à formuler une physique quantique ondulatoire [Schrödinger, 1926]. La
diffraction d’ondes de matière prévue par cette nouvelle théorie est d’abord vé-
rifiée en 1927 avec des électrons [Davisson and Germer, 1928], en 1930 avec des
atomes [Estermann and Stern, 1930], puis à partir de 1946 avec des neutrons
[Wollan and Shull, 1948]. Par la suite, les techniques de manipulation cohérente
d’atomes associées à celles du refroidissement laser ont permis le développe-
ment et la réalisation d’interféromètres atomiques de grande sensibilité.

Depuis leur preuve de principe dans les années 90 [Berman, 1997], ces instru-
ments ont pu atteindre des performances remarquables et ont permis d’ouvrir
la voie à des applications très variées, notamment en gravimétrie de précision
[Peters et al., 2001], [Louchet-Chauvet et al., 2011], [Hu et al., 2013],
[Freier et al., 2016], [Karcher et al., 2018] ainsi qu’en navigation inertielle
[Jekeli, 2005], [Geiger et al., 2011], [Cheiney et al., 2018]. En effet, les interféro-
mètres atomiques peuvent mesurer de très faibles variations d’accélérations
et de rotations [Barrett et al., 2014], [Savoie et al., 2018], [Zahzam et al., 2022],
[Gautier et al., 2022], ainsi que des gradients de gravité [McGuirk et al., 2002],
[Sorrentino et al., 2014], [Janvier et al., 2022] permettant la réalisation de cap-
teurs inertiels de grande sensibilité. L’interférométrie atomique donne également
lieu à des mesures de constantes fondamentales telle que la constante de struc-
ture fine [Parker et al., 2018], [Morel et al., 2020], ou la constante de gravitation
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CHAPITRE 1. INTERFÉROMÉTRIE ATOMIQUE

[Fixler et al., 2007], [Rosi et al., 2014]. Par ailleurs, la sensibilité de ces instru-
ments peut être utilisée pour réaliser des tests de physique fondamentale comme
des tests du principe d’équivalence [Hu et al., 2013], [Schlippert et al., 2014],
[Zhou et al., 2015], [Asenbaum et al., 2020]. Une sensibilité accrue de ces dispo-
sitifs permettrait la détection d’ondes gravitationnelles de basses fréquences
[Dimopoulos et al., 2008], [Canuel et al., 2018], [Coleman, 2018], l’exploration
de nouveaux modèles de gravitation [Wacker, 2010], [Alauze et al., 2018],
[Carney et al., 2021], [Overstreet et al., 2022a], et permet d’envisager de nou-
veaux tests de relativité générale [Dimopoulos et al., 2007], [Tino, 2021] ainsi
que des études de matière et d’énergie noires [Sabulsky et al., 2019],
[Hamilton et al., 2015], [Jaffe et al., 2017], [El-Neaj et al., 2020],
[Arvanitaki et al., 2018]. Enfin, nous verrons qu’au delà des tests de la gravi-
tation, les interféromètres atomiques comme ceux que nous développons au
LCAR peuvent apporter de nouvelles contraintes sur la neutralité de la matière
[Arvanitaki et al., 2008], [Champenois et al., 2007].

Ce chapitre introduit des notions théoriques permettant de comprendre les
principes de l’interférométrie atomique et de mieux saisir l’intérêt des récents
développements dans ce domaine, comme l’utilisation de sources d’atomes
ultra-froides ou encore le développement d’interféromètres à large séparation
spatiale, qui sont au coeur des études que j’ai menées pendant ma thèse. Dans
un second temps je présente une étude théorique sur le calcul de la phase de l’in-
terféromètre permettant de rendre compte des effets de type Aharonov-Bohm
et des corrections non quadratiques apparaissant pour des interféromètres ato-
miques à bras séparés. Enfin, je présente notre objectif d’interféromètre à grands
transferts d’impulsion rendant possible l’application d’une perturbation sur un
seul des deux bras. Je détaillerai un exemple de son utilisation en vue de tests
de la neutralité de la matière.
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CHAPITRE 1. INTERFÉROMÉTRIE ATOMIQUE

1.1 Principe de l’interférométrie atomique

Dans cette section j’expose les concepts généraux de l’interférométrie atomique.
Après avoir rappelé le principe d’un interféromètre à deux ondes, je m’intéresse
à la réalisation de lames séparatrices atomiques, qui permettent de créer un
interféromètre. Le déphasage mesuré en sortie de cet interféromètre sera étudié
(1.1.4).

L’interféromètre atomique que nous développons est un interféromètre à deux
ondes analogue à l’interféromètre de Mach-Zehnder optique (fig 1). Dans sa
version optique, la séparation spatiale de l’onde lumineuse en deux chemins
cohérents est réalisée à l’aide d’une lame semi-réfléchissante. Après propagation,
ces deux chemins sont défléchis par une paire de miroirs puis recombinés sur
une deuxième lame semi-réfléchissante. Il est alors possible de mesurer un
signal d’interférences S dépendant de la phase φ accumulée le long des deux
bras de l’interféromètre (1), et correspondant à une modulation sinusoïdale de
l’intensité lumineuse 1.

S = S0 [1 + V cos(∆φ)] , (1)

où les termes S0 et V représentent respectivement l’amplitude et la visibilité
des franges d’interférences.
Dans la version atomique, la séparation spatiale de l’onde de matière est réalisée
par diffraction, et le signal interférométrique S correspond à une variation du
nombre d’atomes mesurés dans chacun des deux ports de sortie de l’interféro-
mètre.

1.1.1 Lame séparatrice et miroir à atomes

Un élément essentiel pour l’obtention d’interféromètres atomiques est la créa-
tion de lames séparatrices, qui peuvent être réalisées par des doubles puits
de potentiel [Schumm et al., 2005], par diffraction sur des réseaux matériels
[Keith et al., 1991] ou encore sur des réseaux magnéto-optiques [Pfau et al., 1993].
Aujourd’hui, la plupart des expériences à visée métrologiques utilisent des sépa-
ratrices optiques [Borde, 1997] car elles présentent l’avantage d’une excellente

1. L’expression de la réponse d’un interféromètre à deux ondes (1) est relativement simple
puisque seuls 3 paramètres (S0, V et ∆φ) sont à considérer, ce qui par conséquence la rend
facilement modélisable. La présence d’interféromètres parasites rend la fonction de réponse
plus complexe et peut biaiser les mesures (chapitre 3).

15
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Figure 1 – Schéma de l’interféromètre à deux ondes de Mach-Zehnder optique. A
l’aide d’une lame semi-réfléchissante, l’onde incidente est séparée en deux chemins
cohérents A et B qui sont ensuite défléchis par une paire de miroirs puis recombinés sur
une deuxième lame semi-réfléchissante. Le signal de sortie correspond à une variation
sinusoïdale de l’intensité lumineuse en fonction du déphasage ∆φ.

transmission et d’un très bon contrôle de la phase. Dans ce cas, la séparation
spatiale se fait par échange d’impulsion lors de l’interaction entre l’atome et les
faisceaux laser.

Afin de mieux comprendre ce processus, nous nous intéressons dans un premier
temps au modèle de l’atome à deux niveaux avec une onde laser, puis nous
verrons l’intérêt d’utiliser des transitions multi-photoniques induites dans une
onde laser stationnaire, i.e. un réseau optique.

Atome à deux niveaux

Je rappelle ici le principe de l’atome à deux niveaux en interaction avec un
champ monochromatique cohérent. Considérons un atome de quantité de
mouvement p̂ modélisé par deux états internes | f ⟩ et |e⟩ dont l’écart en énergie
vaut h̄ω0 = h̄(ωe − ω f ), et couplé à un champ classique électromagnétique
E = E0 cos(ωt − φL). L’hamiltonien de ce système s’écrit :

Ĥ = h̄
(
ω f | f ⟩⟨ f |+ ωe|e⟩⟨e|

)
+

p̂2

2m
+ ĤAL , (2)
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où ĤAL = −d̂.E est l’hamiltonien d’interaction entre le champ et l’atome et d̂
le moment dipolaire électrique. Dans l’approximation du champ tournant, cet
hamiltonien s’écrit :

ĤAL =
h̄Ω0

2

[
ei(−ωt−φL+kẑ) | f ⟩⟨e|+ e−i(−ωt−φL+kẑ) |e⟩⟨ f |

]
, (3)

avec Ω0 = −
d f ,e.E

h̄
la pulsation de Rabi et d f ,e les éléments de matrice de

l’opérateur moment dipolaire électrique.
En considérant l’atome dans l’état initial |p0⟩, l’opérateur e±ik.ẑ agit comme un
opérateur de translation de l’impulsion tel que e±ik.ẑ |p0⟩ = |p0±h̄k⟩. Le champ
électromagnétique couple donc l’état | f , p0⟩ à l’état |e, p0 ± h̄k⟩. L’évolution de ce
système à deux niveaux est détaillée dans l’annexe A. Dans le cas où l’atome est
initialement dans l’état | f , p0⟩ et en choisissant un désaccord δ = ω − ω0 = 0,
la population atomique dans chacun des états est donnée par :

P|e,p0+h̄k⟩(t) = sin2
(

Ω0t
2

)
,

P| f ,p0⟩(t) = cos2
(

Ω0t
2

)
.

(4)

Ces populations oscillent entre les deux états | f , p0⟩ et |e, p0 + h̄k⟩ : on appelle
ce phénomène oscillation de Rabi (fig 2a).

Impulsion π et π/2

Pour réaliser un interféromètre, deux valeurs Ω0τ sont intéressantes :

— La première correspond à Ω0τ = π/2 et est appelée "impulsion π/2".
Cette impulsion permet de créer une superposition équiprobable entre
les deux états | f , p⟩ et |e, p + h̄k⟩ (fig 2c) :

| f , p0⟩
π/2−−→ 1√

2

(
−ie−iφL |e, p0 + h̄k⟩+ | f , p0⟩

)
,

|e, p0 + h̄k⟩ π/2−−→ 1√
2

(
−ie+iφL | f , p0⟩+ |e, p0 + h̄k⟩

)
.

(5)

La fonction d’onde est alors dans une superposition cohérente entre les
deux états d’impulsion | f , p0⟩ et |e, p0 + h̄k⟩. Cette superposition permet
de réaliser une séparation spatiale des paquets d’onde après temps de
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Figure 2 – Interaction atome-champ dans le cas d’un atome à deux niveaux. La figure
(a) représente l’oscillation de Rabi entre les deux états {| f , p0⟩, |e, p0 + 2h̄k⟩} en fonction
de Ω0τ. A chaque interaction avec le champ laser, une phase de diffraction Φ est
imprimée sur l’onde diffractée. Cette phase de diffraction varie entre ±π/2 à chaque
impulsion π (b). En ajustant les valeurs Ω0τ, il est possible de réaliser l’équivalent
d’une lame séparatrice (c) ou d’un miroir à atomes (d).

vol et joue donc le rôle de lame séparatrice.

— En ajustant Ωτ = π, il est possible de créer l’équivalent d’un miroir à
atomes (fig 2d), aussi appelé "impulsion π". Cette impulsion permet de
transférer 100% de la population de l’état | f , p0⟩ vers l’état |e, p0 + h̄k⟩
(et vice-versa) : 

| f , p0⟩
π−→ −ie−iφL |e, p0 + h̄k⟩,

|e, p0 + h̄k⟩ π−→ −ie+iφL | f , p0⟩.
(6)

www
A chaque interaction avec le champ laser, une phase de diffraction Φ = φL ±π/2
est imprimée sur l’onde diffractée et oscille entre ±π/2 pour chaque impulsion
π [2π] (fig 2b).

L’utilisation de transitions à un photon nécessite un très bon contrôle de la
fréquence optique. En effet, pour une fluctuation de phase de l’ordre du mrad, il
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Figure 3 – Système en Λ dans lequel l’atome absorbe un photon de l’onde 1 et émet de
façon stimulée dans l’onde 2. Ce processus s’accompagne d’un gain en impulsion. Deux
configurations de transitions à deux photons peuvent être distinguées : les transitions
de Bragg élastiques (a) où deux états d’impulsion |p0⟩ et |p0 + 2h̄k⟩ sont couplés dans
le même état interne et les transitions de Raman inélastiques (b) pour lesquelles les
deux états d’impulsion sont couplés par changement d’état interne.

faut limiter les fluctuations de fréquence du laser au niveau du Hz, on parle alors
d’interféromètres-horloge (clock atom interferometry [Rudolph et al., 2020]). Pour
l’utilisation de ces transitions, il faut également que la durée de l’impulsion soit
courte devant la durée de vie dans l’état excité afin de s’affranchir de processus
d’émission spontanée. Pour cela, des atomes ayant des états excités avec une
grande durée de vie doivent être utilisés, comme par exemple les transitions
d’horloges optiques que l’on trouve dans les alcalino-terreux 2 . Une solution
pour relaxer ces contraintes est l’utilisation de transitions multi-photoniques
entre deux états fondamentaux.

1.1.2 Transitions multi-photoniques

Nous nous intéressons au couplage de deux états | f ⟩ et |e⟩ via un état intermé-
diaire |i⟩ (fig 3) par deux faisceaux contra-propageants de vecteur d’onde k1,2,
de pulsation ω1,2 et de pulsations de Rabi à un photon Ω1,2. Ces deux faisceaux

2. Ces transitions sont proposées pour la détection d’ondes gravitationelles
[Loriani et al., 2019] ou de matière noire [Arvanitaki et al., 2018].
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forment une onde stationnaire . Pour un désaccord ∆ à un photon suffisamment
grand, la population dans |i⟩ est négligeable et il est possible de considérer un
système à deux niveaux effectifs en éliminant adiabatiquement (annexe B) l’état
intermédiaire |i⟩. Dans ce système à deux niveaux effectifs, l’atome absorbe
un photon de l’onde 1 et émet de manière stimulée dans l’onde 2 (système en
Λ). Ce processus d’absorption-émission stimulée s’accompagne d’un échange
d’impulsion : l’état externe de l’atome passant de |p0⟩ à |p0 + 2h̄k⟩. De la même
façon que pour les transitions à un photon, une impulsion π permettra un
transfert total de la population de l’état | f , p0⟩ à |e, p0 + 2h̄k⟩, tandis qu’une
impulsion π/2 créera une superposition cohérente entre ces deux états d’im-
pulsion.
Le couplage à deux photons entre les états fondamentaux est modélisé par une
pulsation de Rabi effective :

Ω(2)
eff =

Ω1Ω2

2∆
∝

I
∆

, (7)

avec I l’intensité de l’onde stationnaire.
En notant que le taux d’émission spontanée varie comme : Rsp ∝ I/∆2, nous
obtenons le rapport suivant :

Ω(2)
eff

Rsp
∝ ∆. (8)

Pour un désaccord ∆ suffisamment grand tel que ∆ ≫ Ω1, Ω2 ≫ Γ (avec
Γ = 2π × 6.1MHz la largeur naturelle de l’état excité), les pertes par émission
spontanée peuvent être négligées.

Transitions de Bragg

Parmi les transitions à deux photons, nous distinguons les transitions élas-
tiques, appelées transitions de Bragg (fig 3a), pour lesquelles deux états d’im-
pulsion sont couplés dans le même état interne, et les transitions de Raman
inélastiques qui couplent deux états internes différents (fig 3b). Les transitions
Raman sont aujourd’hui largement utilisées pour les mesures de précision
en interférométrie atomique [Hartmann et al., 2020], [Dickerson et al., 2013],
[Fang et al., 2016]. Elles présentent notamment l’avantage d’une détection par
spectroscopie des états internes, et ne nécessitent donc pas d’avoir des nuages
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spatialement séparés. La diffraction de Bragg possède néanmoins plusieurs
caractéristiques intéressantes pour les expériences d’interférométrie. En ef-
fet, les atomes se propagent dans le même état interne, ce qui rend la phase
atomique moins sensible aux champs externes (e.g. gradients de champ magné-
tiques, déplacements lumineux). Cette propriété peut être avantageuse pour
réaliser des capteurs inertiels de haute précision [Altin et al., 2013]. Les in-
terféromètres avec un seul état interne peuvent également être utilisés pour
des mesures de propriétés atomiques (e.g. mesure de la polarisabilité élec-
tronique dans l’état fondamental [Décamps et al., 2020], [Miffre et al., 2006])
qui ne peuvent être mesurées par spectroscopie, ou encore pour des mesures
de phases géométriques telles que les phases de type Aharonov-Bohm (AB)
gravitationelles [Overstreet et al., 2022b] ou électriques [Lepoutre et al., 2013]
[Gillot et al., 2013a] (1.2). Par ailleurs, contrairement aux transitions Raman, il
est possible avec les transitions de Bragg d’augmenter la séparation spatiale
d’un interféromètre en réalisant des transitions à 2n-photons, permettant ainsi
un transfert en impulsion de 2nh̄k [Müller et al., 2008b] (chapitre 3). Ces tran-
sitions permettent d’améliorer la sensibilité des interféromètres, puisque cette
dernière est en partie liée à la séparation en impulsion entre les deux bras de
l’interféromètre. L’ordre de diffraction le plus élevé en interférométrie atomique
a été réalisé à ce jour par l’équipe de H. Müller [Müller et al., 2008b] avec un
transfert de 24 h̄k.

1.1.3 Interféromètres à grande séparation spatiale

L’utilisation des transitions de Bragg à ordre élevé (typiquement n > 5) est
néanmoins difficile à réaliser en pratique, puisque la puissance laser nécessaire
augmente très rapidement avec l’ordre n de diffraction. Pour augmenter la
quantité de mouvement transférée avec une puissance laser limitée, une solu-
tion consiste à accélérer les deux bras de l’interféromètre après la séparatrice
atomique. Deux méthodes sont principalement utilisées :

— L’accélération séquentielle, proposée par M.Kasevich
[McGuirk et al., 2000] : une succession d’impulsions π est appliquée afin
d’accélérer de façon discrète les bras de l’interféromètre (cette technique
sera présentée plus en détails dans le chapitre 4). Des séquences utilisant
cette méthode ont déjà été réalisées et ont permis d’obtenir de très bons
résultats. Par exemple, dans le groupe de M.Kasevich à Stanford, des
interféromètres de 102 h̄k ont été réalisés à l’aide de transferts succes-
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sifs de 6 h̄k [Chiow et al., 2011]. Plus récemment, un interféromètre de
112 h̄k a également été réalisé avec des atomes d’Ytterbium [Phy, ]. Par
la même méthode que celle utilisée dans ces deux expériences, nous
avons réalisé un interféromètre de 178 h̄k. Ce transfert présente à notre
connaissance la séparation en impulsion la plus élevée obtenue à partir
de cette méthode (chapitre 4). La diffraction séquentielle a également été
réalisée avec des transitions à un photon sur des atomes de strontium,
en utilisant une nouvelle méthode basée sur une modulation temporelle
de l’amplitude des laser, nommée sépatrice de Floquet. A partir de cette
méthode, l’équipe de J.Hogan a obtenu des interféromètres avec des
sépratrices allant jusqu’à 400 h̄k [Wilkason et al., 2022].

— Les oscillations de Bloch : les atomes sont chargés dans un réseau
optique après une séparatrice puis accélérés continûment et adiaba-
tiquement. A partir de cette technique, une séparatrice de 240 h̄k a
été réalisée dans l’équipe de H.Müller [Pagel et al., 2020]. Plus récem-
ment, un transfert de 408 h̄k a été démontré dans le groupe de E.Rasel
[Gebbe et al., 2021]. Une explication plus complète de l’accélération adia-
batique dans un réseau optique sera présentée au chapitre 2.

Interféromètres à longs temps d’interrogation

Une autre solution pour augmenter la sensibilité des interféromètres (e.g. aux
effets inertiels) est d’augmenter la durée de vol libre T pendant l’interféromètre.
A ce jour, l’amélioration de cette sensibilité est en partie limitée par la chute
des atomes soumis à l’accélération gravitationnelle. Pour cela, des interféro-
mètres de très grande dimension sont développés, c’est le cas par exemple de la
tour de 10 m à Stanford, qui a permis d’obtenir un temps d’interrogation de
2T = 2.3 s [Dickerson et al., 2013]. D’autres expériences de fontaines atomiques
sont actuellement en construction, tel que le dispositif MAGIS-100 à Stanford
[Abe et al., 2021], le projet AION en Grande-Bretagne [Badurina et al., 2020],
celui d’Hanovre [Hartwig et al., 2015] et le projet chinois [Zhou et al., 2011].
Une liste de ces expériences est résumée dans le tableau 4. Au delà des in-
terféromètres en vol libre, la réalisation d’interféromètres dans lesquels les
atomes sont maintenus dans un réseau optique tel que le dispositif FORCA-
G [Pelle et al., 2011], ou encore [Xu et al., 2019] permettraient d’augmenter la
durée de l’interféromètre jusqu’à plusieurs secondes.
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Expériences 2T Equipe
Wuhan (10 m) > 1.3 s [Zhou et al., 2011]
Stanford (10m) 2.3 s [Kovachy et al., 2015a]
Hanovre (10 m) 2.6 s [Hartwig et al., 2015]

AION (5 − 100 m) 1.4 − 5 s [Abe et al., 2021]
MAGIS-100 (100 m) 5 − 10 s [Abe et al., 2021]

Figure 4 – Liste non exhaustive d’interféromètres à longs temps d’interrogation en
configuration de fontaine atomique.

L’augmentation de la durée de l’interféromètre ainsi que de la séparation en
impulsion entre les deux bras permet de créer des interféromètres dont les
bras sont séparés macroscopiquement. Ces interféromètres permettent des me-
sures plus spécifiques, par exemple en contrôlant une perturbation sur un seul
des deux bras de l’interféromètre, afin de réaliser des mesures précises de la
polarisabilité électrique [Décamps et al., 2020], [Miffre et al., 2006] ou encore
des tests de mécanique quantique tels que des mesures de phases de type AB
gravitationelles [Overstreet et al., 2022b] ou électriques [Lepoutre et al., 2013]
[Gillot et al., 2013a]. Par ailleurs, à mesure que la séparation entre les bras des
interféromètres augmente, des effets systématiques auparavant négligeables
doivent être pris en compte dans la détermination du déphasage interféromé-
trique. Nous discutons ces effets dans la section suivante.

1.1.4 Détermination de la phase de l’interféromètre

Dans la plupart des expériences d’interférométrie, nous cherchons à mesurer le
déphasage entre les deux bras de l’interféromètre. Un modèle le plus exact pos-
sible de ce déphasage en fonction des paramètres expérimentaux rend possible
la réalisation de mesures de précision. La plupart des potentiels d’interaction ex-
plorés par les atomes peuvent être modélisés par des hamiltoniens au plus qua-
dratiques en position z et en impulsion p. Cette approximation permet de mener
des calculs exacts du déphasage interférométrique [Antoine and Bordé, 2003]
[Pippa Storey and Claude Cohen-Tannoudji, 1994]. Cependant, en même temps
que l’exactitude et que la séparation entre les bras de l’interféromètre progresse,
des effets systématiques liés à des perturbations non quadratiques auparavant
négligeables doivent être pris en compte dans les bilans d’incertitudes. Ces
effets peuvent être dus par exemple à des inhomogénéités gravitationnelles, des
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gradients de champs magnétique ou encore à des effets de rayonnement de
corps noirs, et sont d’autant plus importants que les interféromètres ont des
bras très séparés [Loriani et al., 2020].

L’interféromètre que nous développons contribuera à l’étude précise de ces
déphasages en raison de la grande séparation entre les deux bras envisagées
(1.2). De plus, cette séparation permet de façonner des potentiels d’interaction
induisant des effets quantiques comme les phases de type Aharonov-Bohm (AB)
[Gillot et al., 2013b], [Overstreet et al., 2022b] qui peuvent être exploités pour
réaliser des tests de physique fondamentale tels que des tests de gravitation
quantique [Overstreet et al., 2022a] ou des tests de neutralité de la matière que
nous détaillerons à la fin de ce chapitre. Dans cette section, nous présentons des
éléments théoriques permettant de rendre compte des effets de type AB et des
corrections non quadratiques pertinentes pour les interféromètres atomiques à
bras séparés.

Modèle et approximations

Pour la suite nous faisons l’hypothèse d’un interféromètre à deux ondes tel que
celui représenté sur la figure 5, pour lequel l’onde atomique évolue entre deux
états d’impulsion. L’hamiltonien du système s’écrit comme :

Ĥ = Ĥa + Ĥext + V̂int(ẑ), (9)

avec Ĥa l’hamitonien lié à la structure interne de l’atome, Ĥext l’hamitonien
décrivant les degrés de liberté externes de l’atome et V̂int(ẑ) = −µ .E(ẑ) lié à
l’interaction atome-lumière.
Au cours de l’interféromètre, l’évolution temporelle peut se diviser en plusieurs
segments entre les interactions avec le réseau optique (Vint = 0). L’hamiltonien
(78) se simplifie :

Ĥ = Ĥext = H(ẑ, p̂) =
p̂2

2m
+ V(ẑ). (10)

Nous nous intéressons à l’évolution du centre des paquets d’ondes ⟨ẑ⟩ et ⟨ p̂⟩
entre les impulsions laser. A partir du théorème d’Ehrenfest, nous pouvons
écrire :

d⟨ p̂⟩
dt

=
1
ih̄
⟨[ p̂, H(ẑ, p̂)]⟩+ ⟨dp̂

dt
⟩,

=
1
ih̄
⟨[ p̂, V(ẑ)]⟩. (11)
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En notant que [ p̂, V(ẑ)] = −ih̄ ∂V(ẑ)
∂ẑ , l’équation (11) se réécrit :

d⟨ p̂⟩
dt

= −⟨∂V(ẑ)
∂ẑ

⟩. (12)

Nous évaluons à présent sous quelles conditions l’évolution de la valeur
moyenne ⟨ p̂⟩ suit les lois de la mécanique classique. Pour cela nous faisons un
développement limité du potentiel autour de ⟨ẑ⟩ :

V(ẑ)
⟨ẑ⟩
= V(⟨ẑ⟩)+(ẑ − ⟨ẑ⟩)∂V(⟨ẑ⟩)

∂ẑ

+
1
2!
(ẑ − ⟨ẑ⟩)2 ∂2V(⟨ẑ⟩)

∂ẑ2

+
1
3!
(ẑ − ⟨ẑ⟩)3 ∂3V(⟨ẑ⟩)

∂ẑ3

+ ... (13)

En injectant (13) dans (132) et en notant la variance ∆z2 = ⟨ẑ2⟩ − ⟨ẑ⟩2, nous
obtenons l’évolution temporelle du centre du paquet d’onde en impulsion ⟨ p̂⟩ :

d⟨ p̂⟩
∂t

= −∂V
∂ẑ

− 1
2!

∂3V
∂ẑ3 ∆z2 + ... (14)

De la même façon nous obtenons pour la position ⟨ẑ⟩ :

d⟨ẑ⟩
dt

=
∂V
∂ p̂

+
1
2!

∂3V
∂ p̂3 ∆p2 + ... (15)

Les équations (14) et (15) indiquent que l’évolution des centres des paquets
d’onde ⟨ẑ⟩ et ⟨ p̂⟩ se réduisent aux équations de la mécanique classique (∂p

∂t =

− ∂V
∂z et ∂z

∂t = ∂V
∂p ) lorsque le potentiel V est au plus quadratique. Dans ce cas,

la valeur moyenne ⟨V(ẑ)⟩ peut être remplacée par V(⟨ẑ⟩). L’évolution de la
position et de l’impulsion de chacun des paquets d’onde est simplifiée :

⟨ẑ⟩(t) = z(t). (16)

⟨ p̂⟩(t) = p(t). (17)

Lorsque qu’un hamiltonien a des termes plus que quadratiques en ẑ ou p̂,
il est possible d’ignorer ces termes d’ordres supérieurs dans (14) et (15) tant
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Figure 5 – Schéma utilisé pour le calcul du déphasage en sortie d’interféromètre dans
l’approximation semi-classique. La phase de propagation est calculée à partir des
actions classiques SA(t) et SB(t). La phase de séparation apparaît si l’interféromètre
ne se referme pas, i.e. lorsque zA,3 ̸= zB,3. La phase laser est déterminée à partir des
trajectoires moyennes z1, z2 et z3 (pointillés bleus).

que les largeurs des paquets d’ondes ∆z2 et ∆p2 sont petites devant les dé-
rivées du potentiel 3. Ces perturbations non-quadratiques peuvent survenir
par exemple pour un atome se propageant dans un champ gravitationnel
non-uniforme. Plusieurs travaux théoriques ont été publiés récemment afin
de tenir compte de ces effets, [Bertoldi et al., 2019], [Ufrecht and Giese, 2020],
[Overstreet et al., 2021]. Il serait intéressant de comparer les mérites respectifs
de ces différents formalismes, mais cela sort du cadre de cette thèse qui est cen-
trée sur les développements expérimentaux. Dans cette section, nous présentons
la contribution de [Overstreet et al., 2021].

Calcul du déphasage

Pour calculer le déphasage accumulé entre les deux bras A et B de l’interféro-
mètre, nous distinguons des segments temporels correspondant à la propagation

3. Dans le cas quadratique et pour des paquets d’onde gaussiens, C.Bordé [Borde, 1997] a
calculé les déphasages liés à ∆z et ∆p.
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entre chaque impulsions laser (fig 5). Les trajectoires classiques le long des che-
mins A et B sont notées zA,B(t), et la trajectoire moyenne est définie telle que
z̄(t) = (zA(t) + zB(t))/2, elle correspond à la trajectoire du point milieu (tra-
jectoire bleue claire fig 5). Nous définissons également la différence entre les
trajectoires classiques sur les deux bras à l’instant t : ∆z(t) = zA(t)− zB(t).

Le déphasage ∆φ accumulé entre les deux bras de l’interféromètre dépend
d’une phase ϕlas imprimée sur l’onde atomique à chaque impulsion laser, d’une
phase ϕprop accumulée lors de la propagation des paquets d’onde entre les
impulsions laser et d’une phase ϕsep liée à une séparation spatiale entre les
paquets d’ondes en sortie d’interféromètre. Le déphasage se calcule en faisant
la somme des contributions de chacune de ces phases en faisant le choix d’un
port de sortie (α ou β), tel que :

∆φ = ϕα
prop + ϕα

sep + ϕα
las = ϕ

β
prop + ϕ

β
sep + ϕ

β
las. (18)

Il peut être intéressant de considérer les contributions ϕprop, ϕsep et ϕlas moyen-
nées sur les deux ports de sortie :

ϕ̄las =
ϕα

las + ϕ
β
las

2
,

ϕ̄sep =
ϕα

sep + ϕ
β
sep

2
,

ϕ̄prop =
ϕα

prop + ϕ
β
prop

2
.

(19)

Dans ce cas, le déphasage s’écrit :

∆φ = ϕ̄las + ϕ̄sep + ϕ̄prop. (20)

Phase laser moyenne

A chaque interaction avec le réseau optique, la fonction d’onde atomique
acquiert une phase égale à la phase laser ΦL = k.zj,i(ti)− ωj,iti + φLj,i (où k, ω

et φL sont respectivement les vecteurs d’onde, pulsation et phase effectifs du
réseau), évaluée pour chaque point d’interaction zj,i(ti), avec j correspondant à
l’un des deux bras A et B de l’interféromètre et i correspondant à l’indice de la
i-ème impulsion (fig 5). Le déphasage lié à la phase laser est calculé en faisant
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la somme des Φ(i)
L pour chacun des deux bras A et B de l’interféromètre, et

pour chacun des ports de sorties α et β :

ϕ
α,β
las =

N

∑
i

(
kα,β

A,izA,i(ti)− ω
α,β
A,i ti + φ

α,β
LA,i

)
−

N

∑
i

(
kα,β

B,i zα,β
B,i (ti)− ω

α,β
B,i ti + φ

α,β
LB,i

)
. (21)

Le signe de ΦL est positif (ou négatif) dans le cas où le paquet d’onde associé
au bras j gagne (ou perd) une quantité de mouvement pendant l’interaction.
Lorsque le paquet d’onde reste dans le même état d’impulsion, ΦL = 0. Par
exemple, pour la première séparatrice représentée sur la figure 5 :{

ΦA
L = 0,

ΦB
L = +

(
kB,1zB,1(t1)− ωB,1t1 + φLB,1

)
.

(22)

Pour la suite nous notons la phase θ
α,β
j,i = −ω

α,β
j,i ti + φ

α,β
Lj,i

.
La phase laser moyenne s’écrit alors :

ϕ̄las =
ϕα

las + ϕ
β
las

2
,

=
1
2

[
N

∑
i

(
kα

A,iz
α
A,i(ti) + θα

A,i − kα
B,iz

α
B,i(ti)− θα

B,i

)]

+
1
2

[
N

∑
i

(
kβ

A,iz
β
A,i(ti) + θ

β
A,i − kβ

B,iz
β
B,i(ti)− θ

β
B,i

)]
. (23)

Les positions des paquets d’ondes des bras j sont indépendantes du port de
sortie considéré : zα,β

j,i (ti) = zj,i(ti). Nous pouvons donc écrire la phase laser
moyenne :

ϕ̄las =
1
2

[
N

∑
i

(
zA,i(ti)[kα

A,i + kβ
A,i]− zB,i(ti)[kα

B,i + kβ
B,i] + θα

A,i + θ
β
A,i − θα

B,i − θ
β
B,i

)]
.

(24)

En notant k̄ j,i = (kα
j,i + kβ

j,i)/2 et θ̄j,i = (θα
j,i + θ

β
j,i)/2 les contributions moyennées

sur chaque port de sortie il vient :

ϕ̄las = ∑N
i

(
zA,i(ti)k̄A,i − zB,i(ti)k̄B,i + θ̄A,i − θ̄B,i

)
. (25)

Il n’y a pas d’ambiguïté sur les valeurs de k̄ j,i pour les (N − 1) premières
impulsions : k̄A,i = k̄B,i. Pour la dernière impulsion, les valeurs de k̄ j,i diffèrent :
k̄A,N = −k+0

2 = −k
2 et kB,N = 0+k

2 = k
2 .
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Phase de séparation

Lorsque l’interféromètre ne se referme pas totalement, les paquets d’onde sont
décalés à l’instant t f au moment de la dernière impulsion. Ce décalage entre les
centres des paquets d’ondes entraîne un déphasage de séparation pour un port
de sortie donné. En définissant l’impulsion moyenne dans les ports de sortie
α, β telle que p̄α = (pB(t f ) + pA(t f )− h̄k)/2 et p̄β = (pB(t f ) + h̄k + pA(t f ))/2,
cette phase de séparation s’écrit :

ϕ
α,β
sep =

p̄α,β

h̄
[
zB(t f )− zA(t f )

]
. (26)

La phase de séparation moyennée sur chacune des sorties α, β dépend de
l’impulsion de la trajectoire moyenne (trajectoire du point milieu) et de la
séparation entre les deux bras au moment de la dernière impulsion :

ϕ̄sep =
p̄α + p̄β

2h̄
[
zB(t f )− zA(t f )

]
,

⇒ ϕ̄sep = −m
h̄

dz̄(t f )

dt
∆z(t f ). (27)

Phase de propagation

Dans l’approximation semi-classique, l’évolution de la fonction d’onde peut
s’écrire sous la forme Ψ(z, t) = A(z) expiS(z,t)/h̄, où A(z) est l’amplitude de la
fonction d’onde et la fonction S(z, t) l’action calculée le long des trajectoires
classiques. Cette approximation est à rapprocher du théorème d’Ehrenfest
(11) [Messiah, 1961], elle est exacte dans le cas où l’évolution des centres des
paquets d’onde se réduisent aux équations de Hamilton, i.e. lorsque le poten-
tiel est au plus quadratique en position et en impulsion [Van Vleck, 1928],
[Pippa Storey and Claude Cohen-Tannoudji, 1994] et valable lorsque les lar-
geurs des paquets d’ondes ∆z2 et ∆p2 sont petites devant les dérivées du
potentiel. Dans ce cas, une fonction d’onde se propageant entre les instants t1
et t f acquière une phase correspondant à l’action S de la trajectoire classique
sur chacun des deux bras A et B de l’interféromètre. L’action est obtenue en
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intégrant le lagrangien sur les trajectoires classiques associées à chacun des
chemins A et B :

ϕ
α,β
prop = (Sα,β

A − Sα,β
B )/h̄,

=
1
h̄

∫ t f

t1

L
(

zα,β
A (t), pα,β

A (t), t
)
− 1

h̄

∫ t f

t1

L
(

zα,β
B (t), pα,β

B (t), t
)

. (28)

Pour un lagrangien L(z(t), p(t)) = 1
2 m( dz

dt )
2 − V(z, t), la phase de propagation

s’écrit comme :

ϕ̄prop =
ϕα

prop + ϕ
β
prop

2
,

=
1
h̄

∫ t f

t1

m

(
d
dt

[
zα

A(t) + zβ
A(t)

2

])2

− V

(
zα

A(t) + zβ
A(t)

2
, t

) dt

− 1
h̄

∫ t f

t1

m

(
d
dt

[
zα

B(t) + zβ
B(t)

2

])2

− V

(
zα

B(t) + zβ
B(t)

2
, t

) dt, (29)

Puisque les positions des paquets d’ondes d’un bras j sont indépendantes du
port de sortie considéré, i.e. zα,β

j,i (ti) = zj,i(ti) il vient :

ϕ̄prop =
1
h̄

∫ t f

t1

[
m
(

d∆z(t)
dt

dz̄(t)
dt

)
− [V(zA, t)− V(zB, t)]

]
dt. (30)

En intégrant par parties l’équation (30) :

ϕ̄prop =
m
h̄

∆z(t f )
dz̄(t f )

dt
+

1
h̄

∫ t f

t1

[(
−m∆z(t)

d2z̄(t)
dt2

)
− [V(zA, t)− V(zB, t)]

]
dt.

(31)

La phase de séparation (27) s’annule avec le premier terme de la phase de
propagation (31). Nous obtenons alors :

ϕ̄prop + ϕ̄sep =
1
h̄

∫ t f

t1

[(
−m∆z(t)

d2z̄(t)
dt2

)
− [V(zA, t)− V(zB, t)]

]
dt

= ϕ̄b. (32)

La phase ϕ̄b = ϕ̄prop + ϕ̄sep s’interprète comme la propagation de la fonction
d’onde sur un chemin décrivant une boucle fermée (fig 6).
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Figure 6 – Représentation de la contribution ϕ̄b, dépendant de la phase de propagation
et de la phase de séparation. Cette phase correspond à la propagation de la fonction
d’onde sur un chemin décrivant une boucle fermée.

Dans la suite de cette section, nous nous intéressons au calcul de la phase ϕ̄b.
Pour évaluer l’intégrale (32), nous distinguons i) les contributions ϕ̄mod qui
tiennent compte des modifications des conditions initiales, i.e. des discontinui-
tés de la trajectoire aux moments des impulsion laser liées aux changements
d’impulsion et d’énergie interne lors de la traversée des séparatrices laser, et ii)
les contributions ϕpot liées à la propagation entre les impulsions laser. Dans ce
cas, la phase boucle s’écrit ϕ̄b = ϕpot + ϕ̄mod.

Contribution liée à la modification des conditions initiales. A l’instant de
l’interaction laser ti, l’impulsion et l’énergie interne (EAi sur le bras A et EBi

sur le bras B) peuvent être modifiées, et contribuent à la phase de propaga-
tion en changeant les conditions initiales et finales dans le calcul de l’action
S(z, t). Cette contribution est obtenue de façon rigoureuse par C. Antoine et
C. Bordé dans le cas au plus quadratique, à partir du "four end-point theorem"
[Antoine and Bordé, 2003], qui stipule que le terme d’action ne dépend que des
valeurs initiales et finale de l’action S(ti, ti+1). De cette façon, la contribution
ϕmod s’écrit :

ϕ̄mod =
N

∑
i

[
k̄A,i + k̄B,i

2

]
(zB(ti)− zA(ti)) +

∆Eiti

h̄
, (33)

où ∆Ei = EA,i − EB,i.
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Une façon d’interpréter ce résultat est de calculer l’accélération pendant l’im-
pulsion laser :

d2z̄j

dt2 =
h̄(k̄A,i + k̄B,i)

2m
1

δti
. (34)

En injectant cette équation dans (32), il vient :

ϕ̄mod =
N

∑
i

1
h̄

∫ ti+δti/2

ti−δti/2
−m∆z(t)

d2z̄i

dt2 dt

=
N

∑
i

[
k̄A,i + k̄B,i

2

]
(zB(ti)− zA(ti)). (35)

Contribution liée au potentiel V. Nous nous intéressons à présent à l’évolu-
tion de la phase boucle entre les impulsions laser : ϕpot.
Entre les impulsions laser, i.e. Vint = 0, les atomes sont soumis au potentiel
V(z). L’équation du mouvement pour chacun des deux bras de l’interféromètre
permet d’écrire :

−m
d2z̄(t)

dt2 =
1
2

(
∂V(zA, t)

∂z
+

∂V(zB, t)
∂z

)
, (36)

qui permet de réécrire l’intégrande de (32) :

∆z(t)
2

(
∂V(zA, t)

∂z
+

∂V(zB, t)
∂z

)
− [V(zA, t)− V(zB, t)] . (37)

Pour chacun des deux bras de l’interféromètre, le potentiel V(zj, t) peut s’écrire
avec un développement limité autour de la trajectoire classique moyenne z̄(t) :

V(zA, t)
z̄(t)
= V(z̄(t))

+ [zA − z̄(t)]
∂V(z̄(t))

∂zA

+ ...

+
[zA − z̄(t)]n

n!
∂n (V(z̄(t)))

(∂zA)
n

=
∞

∑
n=0

V(n)(z̄(t), t)
n!

(
∆z(t)

2

)n

, (38)
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où V(n) = ∂nV(z,t)
(∂z)n est la dérivée spatiale n-ième de V.

Nous pouvons faire le même développement pour V(zB, t) :

V(zB, t) =
∞

∑
n=0

V(n)(z̄(t), t)
n!

(−1)n
(

∆z(t)
2

)n

. (39)

En dérivant (38),(39) et en remplaçant les équations obtenues dans (31) et (37),
nous obtenons la contribution de ϕpot :

ϕpot = ∑
n impair

1
h̄

∫ t f

t1

(n − 1)
2n−1n!

V(n)(z̄(t), t)∆z(t)ndt. (40)

La phase ϕpot est non-nulle quand le potentiel est plus que quadratique en z
et p, i.e. lorsque n > 2. Ainsi, la contribution liée à ϕ̄b ne dépend que de la
contribution ϕ̄mod dans le cas quadratique et est déterminée à partir de l’action
évaluée au moment des impulsions laser. Dans le cas plus que quadratique, il
est nécessaire de tenir compte des corrections apportées par ϕpot.

Déphasage total

Le déphasage total ∆φ associé à la moyenne des contributions ϕprop, ϕsep et ϕlas
sur les deux ports de sortie de l’interféromètre s’écrit :

∆φ = ϕ̄las + ϕprop + ϕ̄sep︸ ︷︷ ︸
ϕ̄b

= ϕ̄las + ϕ̄b, (41)

et se calcule en sommant les contributions (25), (33) et (40) :

∆φ = ϕ̄las + ϕ̄mod + ϕpot,

= ϕ̄las + ∑
i

[
k̄A,i + k̄B,i

2

]
(zB(ti)− zA(ti)) +

∆Eiti

h̄︸ ︷︷ ︸
ϕPM

+ ∑
n impair

1
h̄

∫ t f

t0

(n − 1)
2n−1n!

V(n)(z̄(t), t)∆z(t)ndt︸ ︷︷ ︸
ϕpot

.

⇒ ∆φ = ϕPM + ϕpot. (42)
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— Le terme ϕPM correspond à la phase du point milieu
[Antoine and Bordé, 2003], elle dépend des contributions liées à la phase
laser imprimée durant les interactions laser et du terme de propagation
ϕ̄mod. Elle s’écrit :

ϕPM = ϕ̄las +
N

∑
i

[
k̄A,i + k̄B,i

2

]
(zB(ti)− zA(ti)) +

∆Eiti

h̄
,

=
N

∑
i

(
zA,i(ti)k̄A,i − zB,i(ti)k̄B,i + θ̄A,i − θ̄B,i

)
+

N

∑
i

[
k̄A,i + k̄B,i

2

]
(zB(ti)− zA(ti)) +

∆Eiti

h̄
,

=
N

∑
i

z̄i
[
k̄A,i − k̄B,i

]
+
(EA,iti

h̄
− ωA,iti

)
−
(EB,iti

h̄
− ωB,iti

)
+ φLA,i − φLB,i .

(43)

En notant le désaccord atome-laser δj,i = Ej,i/h̄ − ωj,i, il vient :

ϕPM =
N

∑
i

z̄i(k̄A,i − k̄B,i) + (δA,i − δB,i)ti + φLA,i − φLB,i , (44)

avec z̄i = (zA(ti) + zB(ti))/2 et k̄ j,i = (kα
j,i + kβ

j,i)/2.

La phase ϕPM peut alors s’interpréter comme une mesure des positions
zi(ti) dans les équiphases laser données par la trajectoire du point milieu.
Cette trajectoire correspond à la trajectoire classique avec comme position
initiale z1 et comme vitesse initiale v1 + h̄k/(2m).

— Dans le cas où le potentiel contient des ordres supérieurs à 2, une contri-
bution supplémentaire ϕpot qui tient compte de corrections en 1/h̄ vient
s’ajouter à ϕPM. A partir de l’équation (32), il est possible de réécrire ϕpot
comme :

ϕpot =
1
h̄

∫ t f

t1

(
∆z(t)

2

[
∂V(zA, t)

∂z
+

∂V(zB, t)
∂z

]
− (V(zA, t)− V(zB, t))

)
.

(45)

Cette contribution dépend des gradients du potentiel V sur chacun
des bras et de la différence d’énergie potentielle entre les deux bras de
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l’interféromètre. Cette phase apparaît par exemple lorsque le potentiel
est non-uniformément réparti sur chacun des bras de l’interféromètre,
c’est le cas notamment des expériences mesurant l’effet Aharonov-Bohm
(AB) électromagnétique [Aharonov and Bohm, 1959], [Chambers, 1960],
[Werner and Klein, 2010] ou encore gravitationnel
[Overstreet et al., 2022b], [Hohensee et al., 2012], [Asenbaum et al., 2017].
En particulier il existe des configurations pour lesquelles le déphasage
∆φ de l’interféromètre est non-nul, et ce même dans le cas où le potentiel
n’induit aucune force (∂V(z,t)

∂z = 0). Ce type de déphasage est parfois
appelé phase géométrique.

Dans la section suivante, nous présentons tout d’abord le calcul du déphasage
dans le cas simple de l’interféromètre de Mach-Zehnder soumis à un potentiel
linéaire dans le champ de gravité terrestre g. Dans un second temps, nous nous
intéressons au cas d’un potentiel n’induisant aucune force et dont le déphasage
peut être associé à une phase géométrique de type Aharanov-Bohm scalaire.

Application à l’interféromètre de Mach-Zehnder

La géométrie dite Mach-Zehnder (MZ) sera utilisée dans la majeure partie des
expériences interférométriques présentées dans ce manuscrit. Des géométries
différentes d’interféromètres de type Ramsey et Ramsey-Bordé sont néanmoins
présentées dans l’annexe C. Le schéma de l’interféromètre de Mach-Zehnder
[Kasevich and Chu, 1991] est illustré sur la figure 5 : la séquence est composée
de trois impulsions π/2 − π − π/2. La séparation spatiale de l’onde atomique
se fait grâce à une impulsion π/2. Après un temps T de propagation, une
impulsion π (miroir) défléchit les deux bras, puis l’application d’une dernière
lame séparatrice est appliquée après un temps 2T afin de mesurer un signal
d’interférences.

Cas d’un potentiel linéaire. Nous considérons des atomes en chute libre dans
le champ de gravité terrestre g et des lasers dans la direction verticale. Dans
cette configuration, le potentiel mgẑ auquel sont soumis les atomes est linéaire
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et la contribution ϕpot = 0. Le déphasage ∆φMZ en sortie de cet interféromètre
est alors égal à la phase du point milieu ϕPM (44) :

∆φMZ =
3

∑
i

z̄i(k̄A,i − k̄B,i) + (δA,i − δB,i)ti + φLA,i − φLB,i ,

= −k1z̄1(0) + 2k2z̄2(T)− k3z̄3(2T)
+ (−δ1 × 0 + 2δ2 × T − δ3 × 2T)
+ φL1 + 2φL2 − φL3 . (46)

En considérant les paramètres laser constants : ki = k, le désaccord δi = δ et la
phase laserφLi = φL, il vient :

∆φMZ = −kz̄1(0) + 2kz̄2(T)− kz̄3(2T). (47)

De par sa symétrie, le déphasage mesuré en sortie de cet interféromètre dépend
uniquement du mouvement des atomes z̄ par rapport au référentiel du labora-
toire, et est insensible aux termes de désaccord δ, également appelés "termes
d’horloges". En notant la position initiale des atomes z̄1 = 0 et en calculant la
trajectoire moyenne z̄(t) soumise à l’accélération gravitationnelle, il vient :

∆φMZ = kgT2. (48)

Il est possible de généraliser ce calcul à d’autres types de forces inertielles.

Cas d’un potentiel n’induisant pas de force. Nous considérons maintenant
un potentiel constant sur chacun des bras, allumé (puis éteint) au passage des
atomes dans les zones de potentiel. Ce potentiel n’induit aucune force, par
conséquent la phase de point milieu ϕPM est nulle. Dans ce cas, la phase totale
∆φ de l’interféromètre dépend uniquement de la contribution de la phase de
potentiel ϕpot (40) :

∆φ = ϕpot =
1
h̄

∫ t f

t1

∆z(t)
2

∂V(zA, t)
∂z

+
∂V(zB, t)

∂z︸ ︷︷ ︸
=0

− (V(zA, t)− V(zB, t))


(49)

Le premier terme dans l’intégrale s’annule également, il vient alors un dépha-
sage qui peut être associé à une phase géométrique de type Aharanov-Bohm
scalaire :

∆φ =
1
h̄

∫ t f

t1

(V(zB, t)− V(zA, t)) dt. (50)
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La phase de l’interféromètre est non-nulle bien que le potentiel n’induise au-
cune force, i.e. en l’absence de modification des trajectoires de l’interféromètre
(ϕPM = 0). Par conséquent, la phase de potentiel contient des informations
au-delà des trajectoires classiques.

Conclusion (1.1)

Dans cette section nous avons présenté des concepts généraux d’interféro-
métrie atomique. Nous nous sommes pour cela intéressés à la réalisation
de lames séparatrices induites dans un réseau optique. Dans un second
temps nous avons réalisé une étude théorique de déphasages mesurés en
sortie d’interféromètre permettant de rendre compte des effets de type
Aharanov-Bohm et des corrections non-quadratiques pertinentes pour les
interféromètres atomiques à bras séparés.

1.2 Test de neutralité de la matière

La réalisation d’interféromètres à bras séparés permet de contrôler des pertur-
bations sur chacun des bras. Nous proposons d’exploiter cette possibilité pour
étudier l’effet de potentiels d’interaction spécifiques sur la phase atomique. La
mise en place d’électrodes sur chacun des bras de l’interféromètre permettrait
de créer un effet Aharonov-Bohm scalaire pour tester une éventuelle charge
résiduelle de l’atome.

La neutralité de l’atome provient de l’égalité de la charge du proton qp et
de celle de l’électron qe, et la neutralité du neutron. La question de la neu-
tralité de la matière est directement reliée au problème de quantification de
la charge électrique qui reste un problème ouvert dans le cadre du modèle
standard [Arvanitaki et al., 2008]. Outre son intérêt en physique des particules,
la compréhension de la symétrie de charges joue également un rôle en astro-
physique [Caprini and Ferreira, 2005]. Depuis le 20ème siècle, de nombreuses
expériences ont donc été réalisées afin de tester la neutralité du neutron et
l’asymétrie électron-proton.
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Expériences Mesure (×e) Equipe
Flux d’un gaz 5 × 10−21 [Piccard and Kessler, 1925b]

Résonateur acoustique 1.3 × 10−21 [Dylla and King, 1973]
Lévitation 0.8 × 10−21 [Marinelli and Morpurgo, 1984]

Jet de neutrons 1.1 × 10−21 [Baumann et al., 1988]
Jet d’atomes 2.4 × 10−18 [Hughes et al., 1988]

Figure 7 – Résumé des mesures les plus significatives sur l’asymétrie proton-électron
et/ou de la neutralité du neutron en fonction des différents types d’expériences réalisées.
Toutes sont compatibles avec une charge nulle de l’atome dont la meilleure incertitude
à ce jour est de l’ordre de 10−21×e.

1.2.1 Historique des mesures

Une liste complète de l’historique des tests de neutralité de la matière est dé-
taillée dans [Bressi et al., 2011], [Unnikrishnan and Gillies, 2004], je ne présente
ici que les mesures les plus significatives avec leur incertitude. Les résultats
sont exprimés en fonction de deux paramètres : l’incertitude proton-électron
ϵpe =

(
qp + qe

)
/e et l’incertitude du neutron ϵn = qn/e. Les expériences réali-

sées jusqu’à ce jour sont compatibles avec le résultat d’une charge nulle pour
l’atome, avec une incertitude estimée à 10−21e, où e est la charge élémentaire de
l’électron valant e = 1.60(98)× 10−19 C.

— La première mesure de neutralité de la matière a été réalisée en 1925 par
Piccard et Kessler [Piccard and Kessler, 1925a]. Leur expérience utilise
un flux de gaz et consiste à mesurer le changement de potentiel électrique
d’un tube métallique par lequel s’échappe un gaz de CO2 comprimé. Si
les molécules ou atomes ont une charge non nulle, alors un changement
de potentiel électrique doit être observé à mesure que le gaz s’échappe.
Cette méthode a permis d’atteindre une incertitude de 5 × 10−21e.

Depuis cette première expérience, d’autres méthodes ont été mises en place :

— Par lévitation magnétique, en s’appuyant sur une expérience de type ex-
périence de Milikan. Cette méthode consiste à mesurer un déplacement
de la trajectoire d’un objet en lévitation induit par une force électro-
statique, et a permis d’atteindre une incertitude de 0.8 ± 0.8 × 10−21e
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[Marinelli and Morpurgo, 1984].

— Par résonateur acoustique [Dylla and King, 1973], [Bressi et al., 2011] en
mesurant la fréquence acoustique dans une cavité excitée par un champ
électrique : si la molécule possède une charge résiduelle, une onde acous-
tique sera générée à la fréquence du champ électrique. L’incertitude
obtenue avec cette méthode est de 1.3 × 10−21e.

— Par déflection d’un jet de neutrons [Baumann et al., 1988] ou d’un jet
d’atomes [Hughes et al., 1988] soumis à un fort champ électrique. Cette
méthode a permis de fixer une incertitude de 1.1 × 10−21e pour l’expé-
rience réalisée avec des neutrons et 2.4 × 10−18e pour celle réalisée avec
des atomes.

Un résumé des incertitudes obtenues avec ces différentes méthodes est repré-
senté dans le tableau 50. L’ensemble de ces expériences requièrent l’utilisation
d’un champ électrique intense, pouvant ajouter des effets systématiques liés à
des effets de polarisabilité associés aux inhomogénéités du champ électrique.
L’utilisation d’une méthode par interférométrie atomique pourrait permettre de
s’affranchir de certains effets systématiques.

1.2.2 Mesure par interférométrie atomique

Nous proposons de réaliser un test de la neutralité de la matière dont l’exacti-
tude pourrait être inférieure à 10−23e. La mesure repose sur un interféromètre
dont les bras sont séparés d’une distance centimétrique, afin d’installer des
électrodes macroscopiques autour des deux bras de l’interféromètre (fig 8a). Ces
électrodes permettent de créer un potentiel électrostatique constant et opposé
±V sur chacun des deux bras (fig 8b). Les électrodes sont mises sous tension
pendant une durée τ, lorsque les atomes y sont complètement à l’intérieur. Cette
configuration induit un déphasage, connu sous le nom d’effet Aharonov-Bohm
scalaire, correspondant à la phase accumulée le long de chacun des deux bras de
l’interféromètre durant le passage dans les électrodes. Idéalement, le potentiel
appliqué n’induit pas de force : ∂V

∂z = 0. Le déphasage en sortie d’interféromètre
correspond alors à l’équation (50) :

∆φABS =
1
h̄

∫ τ

0

(
V+(z, t)− V−(z, t)

)
dt, (51)
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Figure 8 – a) Schéma de l’interféromètre à bras séparés dans le cadre d’un test de
neutralité de la matière. Les bras de l’interféromètre sont séparés d’une distance d
centimétrique afin de disposer des électrodes (b) macroscopiques pendant une durée
τ. Ces électrodes sont de forme cylindriques de longueur L, de rayon R et séparées
d’une distance D et un potentiel opposé ±V est appliqué sur chacune des électrodes.
Les électrodes doivent avoir un diamètre interne suffisamment grand devant le waist
des faisceaux formant le réseau de diffraction de Bragg pour ne pas perturber leur
propagation.

où l’énergie d’interaction électrostatique associée s’écrit |V| = q|V| avec q une
éventuelle charge de l’atome. Dans ces conditions, l’équation (51) devient :

∆φABS =
2qVτ

h̄
. (52)

L’incertitude σq sur la charge de l’atome dépend de l’incertitude σ∆φABS sur la
phase mesurée et s’écrit :

σq =
σ∆φABS h̄

2Vτ
. (53)

Par convention les tests de neutralité sont exprimés en charge relative par
nucléons tel que η = q

A
1
e , avec A le nombre de nucléons, et η la charge de

l’atome par nucléon en unité de charge élémentaire e. Une incertitude ση sur la
charge du neutron et/ou de l’asymétrie proton-électron s’écrit donc :

ση =
h̄

2AeVτ
σ∆φABS . (54)

Pour la suite nous considérons un temps d’interrogation dans les électrodes τ

de l’ordre de 20 ms et un potentiel |V| = 20 kV. Dans ce cas le facteur d’échelle
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est de l’ordre de h̄
2AeVτ ∼ 10−20e .

En choisissant une espèce atomique avec un grand nombre de nucléons A = Z +
N (avec N le nombre de neutrons), il est possible d’augmenter la sensibilité sur la
mesure de la neutralité de l’atome (54). Dans le cadre de notre expérience, nous
travaillons avec des atomes de rubidium. Outre ses propriétés collisionnelles
intéressantes pour le refroidissement par évaporation (chapitre 2), cette espèce
atomique avec un grand nombre de nucléons possède deux isotopes stables,
le 87Rb et le 85Rb. Cela rend possible la réalisation d’une mesure différentielle,
permettant ainsi de tester indépendamment l’asymétrie de charges proton-
électron, la neutralité du neutron et permettrait de contraindre la charge du
neutrino ν̄e . En effet, en supposant valide la conservation de la charge dans
le processus de désintégration du neutron (n → p + e− + ν̄e), la charge du
neutrino pourrait s’écrire : qν̄e = qn − (qp + q−e ).

Sensibilité

Dans le cas où les fluctuations de phase de l’interféromètre sont décorrélées,
l’incertitude diminue en racine carrée du nombre de mesures. Pour N mesures,
l’incertitude statistique sur la moyenne s’écrit comme :

σ
(N)
Φ =

σ
(1)
Φ√
N

. (55)

Une limite importante est liée aux vibrations. A partir des mesures de vibrations
effectuées dans notre salle d’expérience avec un sismomètre Trillium Compact
de la marque Nanometrics, et en considérant une durée d’interrogation de
2T = 120 ms, nous pouvons estimer une sensibilité en phase σ

(1)
Φ de l’ordre de

200 mrad [Décamps et al., 2020]. En notant 1√
N
=
√

tc
tt

, avec tc le temps de cycle
d’une mesure et tt la durée totale de la prise de données, nous pouvons estimer
l’incertitude statistique sur la phase mesurée σ

(N)
Φ : un temps de cycle de 6

secondes ainsi qu’un temps d’intégration de 48 heures permettrait d’atteindre
une incertitude de σ

(N)
Φ ∼ 1 mrad, ce qui correspond à une incertitude sur la

neutralité de l’ordre de ση ∼ 1 × 10−23e.

Il est possible de s’affranchir en partie du bruit de vibrations avec deux interfé-
romètres partageant le même miroir de rétro-réflexion (gradiomètre), et dont
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un seul un des deux interféromètres passera à travers les électrodes. Dans ce
cas, la plus petite incertitude sur un cycle que nous pouvons obtenir est limitée
par le bruit de projection quantique :

σBPQ =
1

V
√

Nat
. (56)

où V est la visibilité en sortie d’interféromètre et Nat le nombre d’atomes
détectés.
En considérant un nombre d’atomes détectés et une visibilité similaire à ce que
nous avons déjà obtenu sur notre expérience, i.e Nat = 1 × 104 et V ∼ 20% pour
des interféromètres à grands transferts d’impulsion, l’incertitude par coup liée
au bruit de projection quantique σBPQ serait de l’ordre de 50 mrad. Après un
temps d’intégration de 48 heures, une incertitude de 300 µrad est atteinte, ce
qui correspond à une incertitude sur la neutralité de 5.7 × 10−24e.

Effets systématiques

Afin de s’affranchir de certains effets systématiques habituellement rencontrés
dans de nombreuses expériences à grande séparation spatiale (inhomogénéité
des faisceaux laser, déplacements lumineux, gradients de gravité ...), il est
possible de réaliser des mesures différentielles pour des valeurs opposées
de potentiel V. Ainsi, seuls les déphasages corrélés avec V peuvent affecter
la mesure. Un effet de ce type limitant est lié au champ électrique résiduel
dans les électrodes. Jusqu’à présent, nous avons fait l’hypothèse d’un potentiel
électrostatique constant dans chaque zone de potentiel ±V considérée. Or, le
potentiel obéit à une équation de Laplace ∆V = 0 dont la résolution pour une
géométrie cylindrique de taille finie (fig 8b) n’implique pas un potentiel V(r)
rigoureusement constant. Par conséquent, les atomes explorent des zones de
champ non-nul E qui induisent des déplacements en énergie par polarisabilité
induite U = αE2, et donc un déphasage. Dans la suite, nous nous intéressons
au champ électrique résiduel dans les électrodes et nous évaluons l’impact du
déphasage lié à la polarisabilité pour une géométrie d’électrodes cylindrique.

1.2.3 Dimensionnement des électrodes

Le dimensionnement des électrodes doit prendre en compte deux considérations
qui donneront lieu à des compromis sur la géométrie de l’interféromètre et sur
la forme des électrodes.
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Afin de se rapprocher au plus du cylindre infini uniformément chargé et ainsi
générer un potentiel le plus homogène possible 4 , les électrodes de forme
cylindrique doivent avoir un rapport d’aspect L/R ≫ 1, (où L et R indiquent
respectivement la longueur et le rayon des électrodes) (fig 8b). Dans notre
géométrie expérimentale, le réseau de Bragg passe dans l’axe des électrodes (fig
8a), par conséquent le rayon des électrodes doit être plus grand que le waist du
réseau, pour limiter la diffraction du réseau optique sur le bord des électrodes.
Il faut donc prévoir des électrodes de forme cylindriques telles que R ≫ w0.
Nous choisissons w0 = 4 mm.

Une solution pour augmenter le rapport d’aspect L/R est d’augmenter la lon-
gueur L des électrodes. Cela implique alors d’augmenter la séparation spatiale
entre les deux bras de l’interféromètre, i.e. augmenter la durée totale de l’interfé-
romètre et/ou le transfert d’impulsion. Il faudra donc réaliser un interféromètre
dont les bras sont séparés de plusieurs centimètres afin de pouvoir disposer des
électrodes de taille centimétrique.

En tenant compte de ces considérations pour le dimensionnement des électrodes,
nous pouvons à présent calculer le potentiel électrostatique V.

Calcul du potentiel électrostatique

Le potentiel V est calculé à partir de l’équation de Laplace. Compte-tenu de
la symétrie axiale, nous écrivons cette équation en coordonnées cylindriques
(r, θ, z) :

1
r

∂

∂r

(
r

∂V
∂r

)
+

∂V2

∂z2 = 0. (57)

Pour résoudre cette équation, nous utilisons une méthode de différences finies
[Legrand, 2013], qui permet d’obtenir une forme discrétisée de l’équation (57).
Pour cela, un maillage de taille {Nr × Nz} est défini tel que :{

zi = i∆z,
rj = j∆r,

(58)

où l’indice i varie de 0 à Nz − 1 et l’indice j de 0 à Nr − 1. L’indice j = 0
correspond à l’axe de symétrie (axe Oz), ∆z et ∆r représentent les pas de la
grille.

4. Le cas du cylindre infini uniformément chargé induit un potentiel homogène −ρR2

4πϵ0
.
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Figure 9 – Potentiel électrostatique calculé numériquement à partir de la méthode
de Gauss-Seidel (le long de l’axe des électrodes (gauche) et sur une coupe transverse
contenant l’axe (droite)). Les électrodes sont dimensionnées avec une longueur L =

10 mm, un rayon R = 5 mm et sont séparées de D = 10 mm. La distance entre le centre
de chacune des électrodes est d = 2 cm.

La forme discrétisée de (57) obtenue avec un maillage carré ∆r = ∆z est donné
par :

r
∆3 [V(r + ∆, z) + V(r − ∆, z)− 2V(r, z)] +

1
∆2

[( r
∆
+ 0.5

)
V(r, z + ∆) +

( r
∆
− 0.5

)
V(r, z − ∆)− 2r

∆
V(r, z)

]
= 0. (59)

Pour une grille de taille {N × N}, l’équation aux dérivées partielles devient un
système d’équations linéaire de N × N inconnues. Il existe plusieurs méthodes
pour résoudre ce problème, nous utilisons ici la méthode de Gauss-Seidel
[Frolkovič, 1990]. Cette méthode est une méthode itérative : les N noeuds du
maillage sont parcourus à chaque itération dans un ordre déterminé (e.g. ligne
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par ligne), jusqu’à convergence vers la solution. Avec cette méthode, il est
possible de réécrire (60) :

Vi,j =
1

Ci,j

[
−Di,jVi+1,j − Gi,jVi−1,j − Hi,jVi,j+1 − Bi,jVi,j−1

]
. (60)

Les coefficients {D, H, B, G} représentent les quatre premiers voisins du point
de coordonées {i, j} et permettent de calculer la valeur du potentiel au point
central Ci,j.

— Pour un point situé à l’intérieur de la grille, (i.e. en dehors de l’axe de
symétrie 0z), les coefficients se mettent sous la forme :


Di,j = Gi,j = j∆/N,
Hi,j = (j/N + 0.5)∆2,
Bi,j = (j/N − 0.5)∆2,
Ci,j = −4j∆2/N.

(61)

Ces coefficients étant proportionnels à l’indice j, on divise cet indice par
N afin de le rendre indépendant de la taille du maillage.

— Pour un point situé sur l’axe de symétrie (i.e. j = 0) :
Di,0 = Gi,0 = 0.125∆2,
Hi,0 = 0.5∆2,
Bi,0 = 0,
Ci,0 = −0.75∆2.

(62)

Nous calculons ensuite cette grille pour que la différence de potentiel, en chaque
point, entre deux itérations soit inférieure à un critère de convergence que l’on
fixe. La figure 9 montre le potentiel électrostatique calculé numériquement à
partir de la méthode de Gauss-Seidel. Pour une géométrie d’électrodes de rayon
R = 5 mm, une longueur L = 10 mm et une distance (entre le bas de l’une
et le haut de l’autre) de D = 10 mm. Le potentiel appliqué est de V = 20 kV.
Cette géométrie induit une séparation entre les centres des électrodes de deux
centimètres, ce qui a pour conséquence de devoir réaliser une séparation entre
les deux bras de l’interféromètre de d = 2 cm. Compte tenu de la contrainte
R > w0, cette séparation est la séparation minimale à réaliser entre les deux
bras de l’interféromètre que nous considérons.
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Figure 10 – b) Représentation des trajectoires verticales zA(t) et zB(t) des paquets
d’onde soumis à l’accélération de pesanteur pour une vitesse initiale v0 = 0.5 m/s en
fonction du temps pour un interféromètre de 80 h̄k et une durée de 2T = 2(T′ + τ) =

2(45 + 17.5) ms= 125 ms. La propagation dans les électrodes (courbes bleues) se fait
avant l’impulsion π, à l’apogée de la trajectoire des atomes. c) Calcul du module du
champ E2 pour des électrodes de longueur L = 10 mm, une rayon R = 5 mm et une
séparation D = 10 mm. Le potentiel appliqué est V = ±20 kV. Les courbes a) et d) sont
des agrandissements de la trajectoire des atomes et du module du champ au carré lors
du passage dans les électrodes.
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Calcul du déphasage de polarisabilité

Nous étudions maintenant l’impact du déphasage lié à la polarisabilité élec-
trique statique du rubidium. Pour cela, nous calculons le champ électrique
E = ∇V puis nous évaluons le module carré du champ en chaque point. Le
déphasage s’écrit comme :

∆Φpol =
−2πϵ0α

h̄

∫ τ

0

[
E2(zB(t))− E2(zA(t))

]
dt, (63)

avec α la polarisabilité statique (en m3), ϵ0 la permittivité électrique du vide et
zA,B(t) la trajectoire des atomes durant leur propagation dans les électrodes sur
chacun des bras de l’interféromètre.

Augmenter la séparation spatiale entre les deux bras de l’interféromètre aug-
mente également le degré de complexité de l’expérience. Par conséquent, nous
nous intéressons dans un premier temps à la configuration où la séparation
entre les bras de l’interféromètre est minimale et suffisante (2 cm) pour réaliser
un test de neutralité, ce qui correspond à la géométrie des électrodes présentée
à la figure 9 (L = 10 mm, R = 5 mm et D = 10 mm).

Pour calculer la phase de polarisabilité (63), il faut tenir compte de la trajec-
toire des atomes pendant leur propagation dans les électrodes. Afin de ne pas
explorer des zones où la variation du champ E2 est trop importante, l’idée est
de lancer les atomes puis de placer les électrodes à l’apogée de leur trajectoire,
juste avant l’impulsion π, pour que leur distance parcourue dans les électrodes
pendant le temps τ soit minimale (fig 10a et b). Nous calculons pour cela les
trajectoires zA(t) et zB(t) exactes des atomes sur chaque bras de l’interféromètre
pendant leur propagation dans les électrodes pour une vitesse v0 au temps
t0 = 0 de l’interféromètre (fig 10a).

Pour obtenir une séparation entre les deux bras de deux centimètres, le calcul
des trajectoires implique de réaliser un interféromètre de 80 h̄k où les atomes
sont lancés à une vitesse v0 = 0.5 m/s. La durée totale de l’interféromètre est
de 2T = 2(T′ + τ) = 2(45 + 17.5) ms = 125 ms, où le temps τ correspond à
la propagation dans les électrodes. Pour le calcul de la phase de polarisabilité,
nous choisissons de réaliser cet interféromètre à partir d’impulsions de Bragg
d’ordre n = 1, i.e. avec des transferts d’impulsion par quanta de 2h̄k. Cette
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configuration permet d’avoir la plus petite différence de vitesse (∆v = 2h̄k/m)
entre les deux bras de l’interféromètre, et d’obtenir ainsi une différence de
phase de polarisabilité ∆Φpol = ΦpolA

− ΦpolB
la plus faible possible. Avec cette

géométrie, la phase intégrée dans chacune des électrodes est de l’ordre de 1mrad,
la contribution de l’effet de polarisabilité est alors estimée à ση = 6.2 × 10−26e
(54).

Dans notre géométrie d’interféromètre, la différence de vitesse de chacun des
paquets d’onde diffère de 2h̄k/m ∼ 12 mm/s, et donc la distance parcourue
par les atomes pendant leur propagation dans les électrodes n’est pas identique
pour chacun des deux bras. Par conséquent, la phase de polarisabilité intégrée
sur chacun des bras est différente. Pour obtenir le plus petit déphasage ∆Φpol, il
faut que la différence E2

A − E2
B soit la plus faible possible. Nous choisissons pour

cela un intervalle où les variations du champs sont minimales pour disposer
les électrodes (fig 10c). Dans la configuration 80 h̄k, cet intervalle n’est valable
que sur une très faible distance (fig 10d), ce qui nécessite un très bon contrôle
de la position et la vitesse des atomes. L’impact d’éventuelles fluctuations de
position et de vitesse sur l’incertitude de la neutralité de l’atome est représentée
sur la figure 11 ; elles peuvent être liées aux variations de vitesse et de position
initiale du centre de masse de l’ensemble atomique. Sur notre expérience, nous
mesurons des fluctuations coup à coup de vitesse du centre de masse de l’ordre
de σv = 1 mm/s (chapitre 2), limitant l’incertitude ση ∼ 10−23e (fig 11). Dans ce
cas, l’effet lié à la phase de polarisabilité devient plus important que le bruit de
projection quantique estimé à 5.7 × 10−24e (tableau 12).

1.3 Dimensionnement de notre interféromètre

Afin de s’affranchir de ces effets liés aux fluctuations de vitesse du centre de
masse et d’améliorer l’incertitude sur la mesure de neutralité, une solution est
d’augmenter la séparation entre les électrodes. Cela a pour effet de diminuer
les gradients de potentiel ∇V et de diminuer ainsi la phase de polarisabilité
intégrée dans chaque électrode. Pour un interféromètre 164 h̄k pendant une
durée 2T = 2(45 + 22) ms = 134 ms, la séparation entre les deux bras est de
quatre centimètres. Les électrodes sont dimensionnées avec un rayon R = 5 mm,
une longueur L = 30 mm et une séparation D = 10 mm. La phase intégrée
pour chacune des trajectoires des deux bras de l’interféromètre est de l’ordre
du micro-radians, la contribution de l’effet de polarisabilité est alors estimée à
10−29e. Cette géométrie d’électrodes présente également l’avantage d’être moins
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Figure 11 – Variation de l’incertitude ση en fonction d’une fluctuation de vitesse σv des
atomes. La courbe noire est l’incertitude calculée pour une séparation entre les bras de
l’interféromètre de 2 cm, la courbe bleue pour une séparation de 4 cm. La courbe en
pointillés indique la fluctuation typique de la vitesse du centre de masse dans notre
expérience.

sensible aux fluctuations de vitesse : l’incertitude estimée restant inférieure de
plusieurs ordres de grandeurs par rapport à celle au niveau de l’état de l’art
même pour des fluctuations de vitesse supérieures à celles mesurées sur notre
expérience (fig 11). Dans cette configuration, l’effet de la phase de polarisabilité
n’est donc pas limitant puisqu’il est de plusieurs ordres de grandeur en dessous
du bruit de projection quantique estimé (tableau 12).

Ces résultats sont des calculs préliminaires et devront être complétés par la
prise en compte d’imperfections dans les électrodes telles que des électrodes
légèrement dissymétriques et des effets de rugosité du potentiel. Un autre
effet systématique que nous prévoyons est le courant transitoire créé lors de la
commutation des électrodes. Nous estimons cet effet à 10−26e [Bordoux, 2019].

1.3.1 Géométrie envisagée

Pour les premières mesures de neutralité, nous prévoyons d’abord de réaliser
un interféromètre de 80 h̄k avec une séparation entre les deux bras de l’inter-
féromètre de 2 cm. Pour cela, nous envisageons un interféromètre à grand
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Configuration 80h̄k Configuration 164h̄k
Séparation 2cm 4cm

Sensibilité (simple) 2 × 10−23e 4 × 10−23e
BPQ (gradiomètre) 5.7 × 10−24e 5.7 × 10−24e

Polarisabilité 10−23e 7 × 10−27e

Figure 12 – Tableau récapitulatif de la sensibilité sur la mesure de la neutralité pour
les configurations 80 h̄k et 164 h̄k. Les sensibilités pour l’interféromètre simple et en
configuration gradiomètre sont estimées après un temps d’intégration de 48 heures et
un temps de cycle de 6 secondes. Le nombre d’atomes est N = 1 × 104, et la visibilité
V = 20%.

transferts d’impulsion réalisé avec une série d’impulsions π (chapitre 4). Nous
avons déjà réalisé sur notre expérience des interféromètres jusqu’à 178 h̄k avec
une durée 2T de l’ordre de quelques millisecondes. Ce résultat est une étape
encourageante en vue du test de neutralité. Le défi pour la suite consiste à
maintenir une sensibilité en phase avec une séparation aussi grande et une
durée d’interféromètre 2T > 120 ms.

1.3.2 Nécessité source ultra-froide

L’interféromètre que nous envisageons pour le test de la neutralité de la ma-
tière combine grands transferts d’impulsion et longs temps d’interrogation,
par conséquent deux considérations sont à prendre en compte sur la source
d’atomes à utiliser. La première concerne l’expansion spatiale de la source
atomique au cours de la propagation dans l’interféromètre, qui doit être la plus
faible possible, afin que chaque paquet d’onde soit suffisamment peu étendu
pour sonder des inhomogénéités de potentiel les plus faibles possibles. D’autre
part, nous montrerons au chapitre 3 que l’efficacité de diffraction est d’autant
plus grande que la dispersion en vitesse de la source est faible. Cela pose donc
une deuxième contrainte qui impose d’avoir une source avec la dispersion en
vitesse la plus faible possible. Il est donc indispensable de travailler avec une
source d’atomes qui respecte ces deux contraintes (faible extension spatiale et
faible dispersion en vitesse), c’est-à-dire une source d’atomes ultra-froids. Au
delà des avantages présentés ci-dessus, cette source présente également l’intérêt
d’être moins sensible aux inhomogénéités des faisceaux laser. Nous envisageons
une source d’atomes d’environ N = 4 × 104 atomes, avec une dispersion en
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vitesse de l’ordre de σ = 0.05 h̄k.

Conclusion (1.2, 1.3)

Nous proposons d’exploiter la grande séparation spatiale obtenue avec
des interféromètres à bras séparés afin d’étudier l’effet de potentiels d’in-
teraction façonnés autour des bras de l’interféromètre. La mise en place
d’électrodes sur chacun des bras permettra notamment de mesurer l’effet
Aharonov-Bohm scalaire directement lié à la charge de l’atome. Dans cette
section nous avons étudié le dimensionnement de ces électrodes et nous
avons évalué l’impact du déphasage lié à la polarisabilité induite par un
champ électrique résiduel pour une géométrie d’électrodes donnée. Le
dimensionnement de ces électrodes implique une séparation d’au moins
deux centimètres entre les deux bras de l’interféromètre, cela revient à
réaliser un interféromètre de 80 h̄k d’une durée de l’ordre de 120 ms. Pour
cette séparation, la contribution de l’effet de polarisabilité est de l’ordre
de 10−23e (tenant compte des fluctuations de vitesse du centre de masse)
(fig12).
Une deuxième version d’interféromètre est envisagée, elle consiste à réali-
ser une séparatrice de 164 h̄k correspondant à une séparation de quatre
centimètres entre les deux bras de l’interféromètre. Pour cette configura-
tion, la contribution de l’effet de polarisabilité est de l’ordre de 7 × 10−27e
(tenant compte des fluctuations de vitesse du centre de masse des atomes).
Pour chacune des deux versions (80 h̄k et 164 h̄k) (fig 12), nous prévoyons
un interféromètre à bras séparés réalisé à partir de diffraction de Bragg
séquentielle. Ces interféromètres combinent grands transferts d’impul-
sion et longs temps d’interrogation, par conséquent il est nécessaire de
travailler avec une source d’atomes ultra-froids. Nous envisageons pour
cela une source avec une dispersion en vitesse σT = 0.05h̄k correspondant
à une température effective de l’ordre du nK.
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Conclusion

Dans ce chapitre nous avons exposé des concepts généraux d’interférométrie
atomique. Nous avons notamment présenté une étude théorique de la phase
de l’interféromètre permettant de rendre compte des effets de type Aharonov-
Bohm et des corrections non quadratiques apparaissant pour des interféromètres
atomiques à bras séparés tel que celui que nous envisageons. Dans un second
temps nous avons présenté le dimensionnement de cet interféromètre à bras
séparés en vue d’un test de neutralité de la matière. Les premières simulations
prévoient une amélioration de la mesure de neutralité de deux ordres de
grandeurs par rapport aux mesures à l’état de l’art. Cette mesure nécessite de
travailler avec une source d’atomes ultra-froids dont la réalisation expérimentale
est présentée dans le prochain chapitre.
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CHAPITRE 2
Source d’atomes ultra-froids

Depuis le développement dans les années 80 des techniques de refroidissement
par laser [Chu, 1998], [Cohen-Tannoudji, 1998], [Phillips, 1998], les sources d’ato-
mes refroidis à quelques µK telles que les mélasses optiques sont utilisées dans
de nombreuses expériences d’interférométrie atomique. La taille finie de ces
sources, ainsi que leur dispersion en vitesse limitent néanmoins la réalisation de
séparatrices à grands transferts d’impulsion ainsi que l’exactitude de certaines
mesures. Ces limitations peuvent cependant être dépassées grâce à l’utilisation
d’ensembles d’atomes ultra-froids, tels que les condensats de Bose-Einstein
[Anderson et al., 1995], [Davis et al., 1995] dont les températures effectives per-
mettent d’atteindre la centaine de nK. D’autre part, l’utilisation de techniques
de manipulation dans l’espace des phases [Ammann and Christensen, 1997]
permet de réduire d’avantage cette dispersion en vitesse pour atteindre des
températures sub-nK [Kovachy et al., 2015b], [Deppner et al., 2021].
La cohérence spatiale de ces sources ultra-froides permet d’améliorer la vi-
sibilité des interféromètres [Hardman et al., 2014], [Szigeti et al., 2012], leur
temps d’interrogation : sur Terre [Dickerson et al., 2013], ou dans l’espace
[Altschul et al., 2015], et permet également la réalisation d’interféromètres à
grands transferts d’impulsion [Kovachy et al., 2015a] (chapitre 4). De plus, les
sources d’atomes ultra-froids présentent l’avantage de limiter les effets liés aux
inhomogénéités d’intensité et de fronts d’onde des faisceaux laser.

Ce chapitre a pour objectif de présenter les différentes étapes expérimentales
menant à l’obtention d’une source d’atomes ultra-froids. Après avoir rappelé
certains éléments théoriques concernant la condensation de Bose-Einstein, je
présente dans un premier temps notre dispositif expérimental permettant d’ob-
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tenir une source de 3 × 104 atomes à une température effective de 30nK. Je
détaille ensuite la mise en place d’un réseau optique formé à partir d’une onde
stationnaire permettant d’accélérer les atomes par oscillations de Bloch. Ce
réseau permettra de réaliser des interféromètres en configuration de fontaine
atomique ayant accès à de longs temps d’interrogation. L’augmentation du
temps de vol libre des atomes est également nécessaire pour atteindre des
températures sub-nK à l’aide d’une technique de manipulation dans l’espace
des phases. Les aspects théoriques ainsi que les résultats expérimentaux obtenus
à partir de cette méthode seront présentés en fin de chapitre.

2.1 Condensation de Bose-Einstein

Dans cette partie nous rappelons les idées générales décrivant le phénomène de
condensation.

Le phénomène de condensation de Bose-Einstein apparaît à la faveur d’une
transition de phase quantique, il correspond à l’occupation macroscopique
par un ensemble de bosons de l’état fondamental. Ce phénomène a pour la
première fois été observé sur des gaz dilués en 1995 dans l’équipe de Cor-
nell [Anderson et al., 1995] , puis la même année dans le groupe de Ketterle
[Davis et al., 1995]. Aujourd’hui, ce processus est bien connu et largement traité
dans la littérature : [Dalfovo et al., 1999], [Ketterle et al., 1999],
[Pethick and Smith, 2008], je ne résume ici que les idées principales.

Pour expliquer le phénomène de condensation, considérons le cas d’un gaz
de N bosons dans un volume V à l’équilibre thermique à la température T,
et caractérisé par sa densité atomique n = N/V. Nous pouvons associer à cet
ensemble d’atomes une longueur caractéristique associée à la dispersion en
vitesse qui est la longueur d’onde thermique de de Broglie :

λT =

√
2πh̄2

mkBT
, (64)

avec kB la constante de Boltzmann.
La longueur d’onde thermique est une grandeur statistique caractérisant la
longueur de cohérence des paquets d’ondes associés aux atomes. Dans le cas où
la longueur d’onde thermique est petite devant la distance inter-particules, le
comportement du gaz est décrit par la théorie classique de Maxwell-Boltzmann.
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C’est le cas par exemple pour un gaz dilué de rubidium à température ambiante
(λT ≃ 0.01 nm). En diminuant la température, l’extension spatiale de l’onde
associée à chaque particule augmente jusqu’à ce que la longueur d’onde ther-
mique soit de l’ordre de grandeur de la distance inter-atomique. A partir d’une
certaine température critique Tc, la densité dans l’espace des phases ρ = nλ3

T
devient proche de 1 : les paquets d’onde se recouvrent et l’indiscernabilité des
bosons donnent lieu au phénomène de condensation de Bose-Einstein.

Condensation dans un piège harmonique

Nous nous intéressons dans un premier temps au phénomène de condensation
d’un gaz idéal sans interaction dans un piège harmonique d’énergie potentielle
U(r) = m

2 ∑3
j=1(ωjrj)

2. Le choix d’un tel potentiel est justifié par le fait que nous
utilisons expérimentalement des pièges réalisés à partir de faisceaux gaussiens,
qui peuvent être approximés par un potentiel harmonique au voisinage de leur
minimum. Dans ce cas, la température critique à partir de laquelle la transition
de phase quantique prend place est donnée par [Dalibard, 2015] :

Tc = 0.94
h̄ω

kB
N1/3, (65)

où ω est la fréquence moyenne du piège définie telle que ω =
(

∏3
j=1 ωj

)1/3
.

Cette température critique est associée à une valeur critique de la densité dans
l’espace des phases ρ. Pour un piège harmonique, cette grandeur s’écrit comme :

ρ = N
(

h̄ω

kBT

)3

. (66)

Pour que la seuil de condensation soit atteint, il faut que le rapport T/Tc soit
inférieur à 1. A partir des équations (65) et (66), nous déduisons alors la densité
dans l’espace des phases critique :

ρc =

(
1

0.94

)3

≃ 1.2 . (67)

Cette valeur est en accord avec l’approche qualitative sur le phénomène de
condensation que nous avions faite concernant la distance inter-particules et

57



CHAPITRE 2. SOURCE D’ATOMES ULTRA-FROIDS

l’extension spatiale du paquet d’onde nλ3
T ≃ 1. Ainsi, lorsque ρ > ρc, les atomes

s’accumulent dans l’état fondamental et le peuplent de manière macroscopique.

Ces atomes constituent alors le condensat qui, dans la limite des gaz dilués, est
décrit, (dans le cas où les interactions ne sont pas prises en compte), par une
seule fonction d’onde Ψ définie à partir du produit des fonctions d’onde à une
particule |Ψ0⟩ dans l’état fondamental : |Ψ⟩ = ∏N

i=1 |Ψi
0⟩.

Equation de Gross-Pitaevskii

Dans un condensat, les densités sont telles que les interactions inter-atomiques
ne peuvent pas être négligées. Dans ce cas, l’expression de la fonction d’onde
à une particule |Ψi

0⟩ ne se résume pas à celle de l’oscillateur harmonique à
trois dimensions. Pour prendre en compte ces effets, nous ajoutons aux termes
d’énergie cinétique un potentiel d’interaction Vint (|rA − rB|), ne tenant compte
que de la distance |rA − rB| entre deux particules du condensat :

H =
N

∑
A=1

[
p2

A
2m

+ U(rA)

]
+

1
2

N

∑
A=1

N

∑
B ̸=A

Vint (|rA − rB|) . (68)

Comme nous l’avons vu précédemment, un condensat de Bose-Einstein est
obtenu à partir d’une accumulation de bosons dans l’état fondamental. Cet état
est obtenu en minimisant l’énergie associée à l’hamiltonien (68) : la résolution
de ce problème à N corps nécessite alors de considérer certaines approximations.

— La première consiste en une approximation de type Hartree, pour laquelle
la fonction d’onde peut s’écrire comme le produit des fonctions d’onde à
une particule : |Ψ⟩ = ∏N

i=1 |Ψi
0⟩, comme dans le cas non-intéragissant.

— La deuxième est celle des gaz dilués, qui consiste à considérer la distance
entre les atomes grande devant la portée des forces attractives ou répul-
sives. Dans cette approximation, les interactions sont décrites comme des
collisions à deux particules. Dans le domaine que nous étudions, i.e celui
des basses énergies, seules les collisions en ondes s entrent en jeu. Dans
ce cas, le potentiel d’interaction Vint peut être approximé par un potentiel
de contact tel que Vint (|rA − rB|) = gδ (|rA − rB|) , où g représente le
terme de couplage et est défini comme :

g =
4πh̄2a

m
, (69)
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avec a la longueur de diffusion en ondes s.
Pour l’atome de rubidium 87, a = 5.272 nm> 0 : les interactions sont
répulsives.

Avec ces approximations, la minimisation de l’énergie moyenne du système
permet d’écrire, dans le régime stationnaire, l’équation de Gross-Pitaevskii
indépendante du temps décrivant l’état du condensat [Rogel-Salazar, 2013] :(

−h̄2

2m
∆ + U(r) + Ng|Ψ(r)|2

)
|Ψ(r)⟩ = µ|Ψ(r)⟩, (70)

où µ est le potentiel chimique.
Le terme d’interaction est de type champ moyen, pour laquelle chaque parti-
cule ressent la présence des autres particules sous la forme d’un potentiel ne
dépendant que de la densité locale moyenne.

Régime de Thomas-Fermi

Si le condensat est relativement dense : Na ≫ aoh (avec aoh =
√

h̄/(mω) la
taille du mode fondamental de l’oscillateur harmonique), il est possible de
négliger l’énergie cinétique devant les termes de potentiel et d’interaction. Dans
ce cas, le système est décrit par l’approximation de Thomas-Fermi et l’équation
(70) devient une équation algébrique :(

1
2

mω2r2 + g|Ψ(r)|2
)
|Ψ(r)⟩ = µ|Ψ(r)⟩, (71)

dont la résolution permet d’aboutir à la fonction d’onde décrivant l’état de
chaque atome : Ψ(r) = ΨTF(r) =

√
µ − mω2r2/2

Ng
si µ > 1

2 mω2r2,

Ψ(r) = 0 sinon.
(72)

La densité atomique n = N|Ψ(r)|2 est alors donnée par le profil de Thomas-
Fermi, elle suit une parabole inversée. La taille du condensat dans une direction
j de l’espace est déterminée à partir du rayon de Thomas-Fermi :

RjTF = aoh

(
15

Na
aoh

)1/5
(

ω

ωj

)
. (73)
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Au delà de cette distance, la densité atomique est nulle.

Dans notre expérience, nous obtenons un condensat de N = 1× 105 atomes pour
une fréquence moyenne de piégeage de ω = 2π × 400 Hz dont le potentiel est
supposé harmonique. La condition : Na ≃ 530 µm≫ aoh ≃ 0.5 µm est vérifiée,
et l’ensemble atomique est bien décrit par l’approximation de Thomas-Fermi.
Dans ce cas, la taille du condensat est donnée par les rayons de Thomas-Fermi
dans les trois directions propres du piège et est de l’ordre de 5 µm.

Conclusion (2.1)

Dans cette partie nous avons rappelé les principales idées permettant de
comprendre le phénomène de condensation. Dans le cas où le condensat
est relativement dense, l’ensemble atomique est décrit par l’approximation
de Thomas-Fermi et la taille du condensat donnée par les rayons de
Thomas-Fermi. Pour parvenir à cette étape de condensation, plusieurs
étapes de refroidissement sont nécessaires. L’obtention d’un nuage ultra-
froid passe par une étape de refroidissement laser (2.2.1) permettant de
capturer les atomes dans un piège conservatif (2.2.3). Ces deux étapes
sont suivies par une dernière étape de refroidissement par évaporation
(2.3).

2.2 Refroidissement laser et piège dipolaire

Les rappels théoriques ainsi que les éléments du dispositif expérimental concer-
nant le refroidissement laser, les pièges magnéto-optiques et le chargement
dans le piège dipolaire sont expliqués en détails dans les thèses de M.Bordoux
[Bordoux, 2019] (piège dipolaire) et J.Alibert [Alibert, 2017] (piège magnéto-
optique), c’est pourquoi je ne présente dans cette section qu’une brève vue
d’ensemble de cette partie de l’expérience.

2.2.1 Refroidissement laser

Nous travaillons avec des atomes de 87Rb dont la transition utilisée pour le re-
froidissement laser est la raie D2 correspondant à la transition entre les niveaux
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Figure 13 – Photo d’une partie du dispositif expérimental. La source de rubidium (A)
est chargée dans un PMO 2D (B) puis est envoyée vers l’enceinte principale (C) dans
laquelle se situe le PMO 3D dont les faisceaux sont représentés par les flèches rouges.
Ces faisceaux sont rétro-réfléchis selons les axes propres du quadrupôle magnétique (x,
y′ et z′). Le système d’imagerie est représenté en (D).

5S1/2 et 5P3/2 [Steck, 2003].

Le dispositif expérimental permettant de refroidir les atomes à des températures
de quelques µK utilise la combinaison d’un piège magnéto-optique (PMO)
[Hänsch and Schawlow, 1975], [Raab et al., 1987] à trois dimensions et d’un
PMO à deux dimensions (fig 13).
Le PMO 2D permet d’obtenir un jet d’atomes refroidis dans deux directions
de l’espace. Ce jet d’atomes est ensuite diaphragmé à partir d’une ouverture
de 0.75 mm de diamètre permettant de le diriger vers l’enceinte principale afin
de charger le PMO 3D. Cette ouverture permet également de maintenir un
vide différentiel entre la chambre du PMO 2D et celle du PMO 3D, afin de
diminuer la charge de gaz dans l’enceinte principale où se passent la plupart
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Caméra Capteur sCMOS Doublet Triplet

𝐷 = 50 mmDistance réglable

𝑑 = 135 mm

10 mm

Hublot

Atomes
𝛽

Figure 14 – Schéma tiré de [Bordoux, 2019] du système d’imagerie par fluorescence
composé d’un triplet de lentilles faisant l’image des atomes à l’infini et d’un doublet de
lentilles faisant l’image du nuage sur la caméra sCMOS.

des expériences et dans laquelle règne une pression inférieure à 10−10 mbar.
Notre PMO 3D utilise trois faisceaux laser rétro-réfléchis selon les axes propres
d’un quadrupôle magnétique (représentés par les axes x, y′ et z′ de la figure 13)
formés par deux bobines en configuration anti-Helmoltz. A la fin du chargement
dans ce PMO d’une durée de 2.5 secondes, nous obtenons une source de
quelques 109 atomes à une température de l’ordre de 150 µK.

2.2.2 Système de détection

La détection des atomes se fait après un temps de vol (2.3.1) grâce à un système
de détection d’imagerie par fluorescence en éclairant le nuage avec les faisceaux
du PMO 3D ramenés à résonance. La lumière émise par les atomes est ensuite
collectée par une caméra sCMOS 1 de la marque Hamamatsu. L’image des
atomes sur la caméra est réalisée par : i) un triplet de lentilles faisant l’image
des atomes à l’infini et permettant de corriger les aberrations dues au hublot
de 10 mm d’épaisseur, et ii) un doublet de lentilles de focale 150 mm faisant
l’image du nuage sur la caméra (fig 14). Notre système de détection est réglé
de sorte à avoir un grandissement de 1, il permet d’imager des nuages de
très petites tailles, typiquement de quelques dizaines de micro-mètres (après
temps de vol) (fig 15a). La position r ainsi que la taille σ à 1/

√
e du nuage

sont extraites grâce à un ajustement gaussien du profil de densité (fig 15b et

1. Référence : ORCA-Flash4.0.
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Figure 15 – a) Moyenne de dix images d’un nuage d’atomes condensé obtenu après un
temps de vol de 5ms. Profil de densité intégrée suivant l’axe z (b) et x (c). Les courbes
bleues claires représentent l’ajustement gaussien et les courbes bleues les données
expérimentales.

c). Le bruit de fond présent sur chaque image de la caméra est retranché au
signal total pour obtenir une meilleure estimation du nombre d’atomes. Enfin,
la résolution optique du système de détection a été mesurée à 6.5 µm, du même
ordre que la taille des pixels de la caméra. La caractérisation expérimentale
ainsi que la modélisation du système de détection sont détaillées dans la thèse
de M.Bordoux [Bordoux, 2019].

2.2.3 Chargement dans le piège dipolaire

Le nuage d’atomes obtenu grâce au PMO 3D permet le chargement d’un piège
dipolaire conservatif [Chu et al., 1986] appelé piège croisé. Le schéma de ce piège
est illustré sur la figure 16a, il est réalisé à partir d’un laser fibré multimode
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Figure 16 – a) Schéma du piège croisé formé de deux faisceaux croisés dans le plan
(x0y) avec un angle 2α = 12◦ et focalisés au même point avec un waist w0 = 145 µm.
b) Profil de potentiels dans les trois directions propres (x, y, z) du piège.

à 1070 nm de la marque IPG Photonics, dont la puissance est recyclée afin de
créer deux faisceaux croisés dans le plan (xOy) avec un faible angle de 2α = 12◦.
La mise en forme des faisceaux est réalisée grâce à deux lentilles de focales
f = 500 mm afin que les faisceaux focalisent au même point avec un waist
w0 = 145 µm. Pour éviter les interférences entre les deux faisceaux croisés,
une première lame λ/2 ajuste la polarisation du faisceau incident dans le plan
(xOy) et une seconde lame λ/2 ajuste la polarisation du faisceau recyclé dans
la direction verticale.

Le profil du potentiel selon les axes propres du piège croisé est illustré sur
la figure 16b. Pour une puissance P = 20 W (correspondant à la puissance
maximale disponible) et un waist w0 = 145 µm, les fréquences calculées dans les
deux directions transverses du piège sont telles que ωy/2π ∼ ωz/2π = 180 Hz
et de ωx/2π = 50 Hz dans la direction longitudinale. La fréquence moyenne
((ωxωyωz)1/3/(2π)) au chargement du piège croisé est alors de ω/2π = 170 Hz.

La séquence de chargement des atomes dans le piège croisé est représentée sur
la figure 17, elle comprend deux étapes préliminaires de refroidissement. La
première consiste à charger le nuage d’atomes du PMO 3D ayant une taille σ de
l’ordre de 2 mm dans un piège dont la taille caractéristique correspond au waist
des faisceaux croisés (145µm). Pour cela, le désaccord du laser refroidisseur est
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augmenté à une valeur de −13Γ (avec Γ/(2π) = 6.1 MHz la largeur naturelle
de l’état excité) : cela a pour conséquence d’augmenter la force de rappel et
de diminuer la diffusion de photons multiple, permettant ainsi d’augmenter
la densité spatiale du nuage. Dans le même temps les gradients de champs
magnétiques sont augmentés à une valeur de 30 G/cm.

A cette étape s’ajoute une seconde étape de mélasse optique, pendant laquelle
les champs magnétiques sont coupés et le désaccord laser à nouveau augmenté,
passant de −13Γ à −20Γ. Cette étape permet de diminuer la température du
nuage pour atteindre une source de N = 2.5 × 109 atomes à une température
T = 10 µK dans l’état F = 1. Durant cette étape, nous avons observé que
maintenir les faisceaux du piège croisé allumés à puissance maximale permettait
un chargement plus efficace du piège croisé. Une explication possible est liée
au fait que les faisceaux dipolaires induisent un déplacement lumineux des
niveaux d’énergie éloignant de résonance les laser de refroidissement. Dans ce
cas, les atomes capturés par le piège n’effectuent plus de cycle d’absorption et
d’émission de photons.
Après 100 ms de temps de maintien dans le piège croisé, 2.5 × 107 atomes sont
piégés à une température de 15 µK, dans un potentiel de fréquence moyenne
ω/2π = 180 Hz, ce qui correspond à une densité dans l’espace des phases
ρ = 4.7 × 10−3.

Conclusion (2.2)

Le chargement du PMO 3D à partir d’un PMO 2D permet d’obtenir un
nuage d’atomes froids à une température de l’ordre de 150 µK en 2.5 s.
Ce nuage est ensuite chargé dans le piège croisé formé par le croisement
de deux faisceaux à partir d’un même laser à 1070 nm. Après 100 ms de
maintien, 2.5 × 107 atomes sont piégés à une température de 15 µK.
Ce chargement des atomes dans le piège croisé permet ensuite la réali-
sation du refroidissement par évaporation menant à la condensation de
Bose-Einstein.

2.3 Refroidissement par évaporation

La condensation de Bose-Einstein à partir d’un ensemble d’atomes froids est
atteinte usuellement par évaporation forcée dans un piège conservatif. Ce type
de refroidissement a été proposé en 1986 par H.Hess [Hess, 1986] et réalisé
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Figure 17 – Séquence permettant le chargement du PMO 3D dans le piège croisé.

pour la première fois sur des atomes d’hydrogène. Cette technique a ensuite
permis l’obtention des premiers condensats : de rubidium en 1995 par E. Cornell
[Anderson et al., 1995] et de sodium par W. Ketterle [Davis et al., 1995].

Le principe du refroidissement par évaporation consiste à retirer sélectivement
d’un piège conservatif les atomes les plus énergétiques. En effet, lors d’une
collision à deux corps élastique, un atome peut acquérir une énergie totale plus
grande que la profondeur du piège et ainsi en être éjecté. Dans ce cas, l’énergie
moyenne des atomes restants est diminuée et le nuage d’atomes se rethermalise
à une température plus faible. Diminuer progressivement la profondeur du
piège provoque donc un refroidissement progressif du nuage. Cette méthode de
refroidissement permet de gagner plusieurs ordres de grandeur sur la densité
dans l’espace des phases et ainsi d’atteindre la condensation de Bose-Einstein,
au prix cependant d’une perte d’atomes significative.

Pour que le refroidissement par évaporation soit efficace, il est nécessaire d’at-
teindre le régime d’emballement, qui correspond à un régime pour lequel le
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Figure 18 – Schéma de principe du refroidissement par évaporation : en diminuant
la profondeur U du piège, les atomes les plus énergétiques sont éjectés et le nuage
d’atomes restants rethermalise à une température plus basse. Les traits en pointillés
représentent l’approximation harmonique au centre du piège.

taux de collisions augmente au cours de l’évaporation, permettant ainsi d’aug-
menter la densité dans l’espace des phases et d’atteindre plus rapidement le
seuil de condensation. Pendant le processus d’évaporation, l’équilibre thermo-
dynamique est assuré grâce aux collisions élastiques, dont le taux de collisions
γ correspond à la probabilité qu’un atome entre en collision avec un des N − 1
autres atomes. Il s’écrit [Dalibard, 2015] :

γ =
mω3σeffN
2π2kBT

, (74)

avec σeff la section efficace de diffusion et ω la pulsation moyenne du piège
harmonique.

Dans le cas d’une évaporation dans un piège optique, la diminution de la pro-
fondeur du potentiel, proportionelle à l’intensité lumineuse I, a également pour
conséquence de diminuer les fréquences de piégeage (ω ∝

√
I) (fig 18). Ainsi,

d’après l’équation (74), il semble difficile avec un piège optique d’atteindre le
régime d’emballement.

Notre géométrie utilise une configuration inspirée de [Clément et al., 2009],
elle consiste à ajouter un deuxième piège fortement confinant. Pour cela nous
superposons au piège croisé un piège dimple aligné à 45◦ de la verticale (fig 19a)
et dont le waist w0 = 30 µm est beaucoup plus petit que celui du piège croisé.
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Figure 19 – a) Schéma des pièges croisé (bleu) et dimple (rouge) utilisés pour réaliser
le piège dipolaire conservatif lors du refroidissement par évaporation. b) Profil des
potentiels des pièges croisé et dimple pour les puissances utilisées en début d’évaporation.
La géométrie à 45◦ du piège dimple permet de découpler fréquences, (dominées par ωx

et ω′
z) et profondeur du piège (dominée par la profondeur du piège croisé suivant l’axe

y′) au cours de l’évaporation.

Cette configuration permet d’augmenter les fréquences 2 de piégeage grâce au
dimple et de contrôler indépendemment la profondeur à partir de la puissance
du piège croisé en s’aidant de la force de gravité. De cette façon, il est possible
d’atteindre le régime d’emballement dans un piège optique. Les profils des
potentiels des pièges croisé et dimple pour les puissances utilisées en début
d’évaporation sont représentés sur la figure 19b. L’ajout du dimple permet un
confinement important suivant l’axe longitudinal du croisé (axe x) ainsi que l’axe
transverse à 45◦ de la verticale (axe z′). En revanche, le confinement suivant
l’axe longitudinal du dimple (axe y′), est principalement lié au croisé. Cet axe
correspond à la voie de sortie la plus favorable pour les atomes. Dans cette
configuration, la profondeur du piège est alors principalement gouvernée par
la puissance des faisceaux du piège croisé tandis les fréquences transverses du
piège sont dominées par celles du dimple. De cette façon, nous découplons
partiellement fréquence et profondeur de piégeage au cours de l’évaporation,
permettant ainsi de maintenir un taux de collisions élevé tout en baissant la
profondeur.

2. Les accès optiques sur notre dispositif expérimental nous contraignent à un angle de 45
degrés.
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2.3.1 Réalisation expérimentale

Le piège dimple est créé à partir d’un laser de la marque Keopsys de longueur
d’onde λ = 1560 nm, qui délivre une puissance totale P = 15 W. Seuls 8 W sont
utilisés pour le piège dimple, le reste de puissance étant pour la génération du
doublage de fréquence du réseau de Bragg (chapitre 3). Le contrôle en puissance
se fait avec un modulateur acousto-optique (AOM) dont l’efficacité de diffrac-
tion maximale est d’environ 70%. En sortie de cet AOM, nous obtenons une
puissance de 5.2 W qui est couplée dans une fibre monomode. La puissance en
sortie de fibre est de 2.5 W, et la mise en forme du faisceau (représentée sur la
figure 20) est ensuite réalisée pour obtenir un piège avec un waist w0 = 30 µm
aligné à 45◦ par rapport à la verticale (fig 19). Nous obtenons des fréquences
de piégeages transverses d’environ ω/2π = 700 Hz, ce qui permet ainsi d’aug-
menter le taux de collisions au début de l’évaporation.

En plus des pièges croisé et dimple, un troisième piège (piège AzurLight) est
ajouté dans la direction transverse au croisé (fig 20), il permet principalement
d’augmenter le nombre d’atomes capturés en début d’évaporation en évitant
les fuites d’atomes dans la direction longitudinale du croisé. Ce piège est issu
d’un laser de la marque AzurLight de longueur d’onde λ = 1064 nm dont la
puissance maximale est de 40 W. Le contrôle et la mise en forme de ce piège
sont détaillés dans la section 2.4. L’utilisation première du laser AzurLight
est la création du réseau de lancement, dont une description sera également
détaillée dans la section 2.4. Pour créer le piège dipolaire, nous n’utilisons alors
qu’un seul des deux bras de ce réseau (fig 20) : le waist sur les atomes est de
w0 = 80 µm et la puissance en début d’évaporation de 5 W.

Rampes d’évaporation

La séquence d’évaporation est représentée sur la figure 21a. La première étape
consiste à maximiser le nombre d’atomes capturés en début d’évaporation. Pour
cela nous allumons les pièges croisé et AzurLight à leur puissance maximale
pendant une durée de 100 ms. A la fin du chargement dans ces deux pièges, nous
ajoutons une deuxième étape d’une durée de 500 ms, pendant laquelle a lieu la
première étape d’évaporation provoquée par la diminution de la profondeur du
piège croisé. Pendant ce même temps, nous maintenons maximale la puissance
du piège AzurLight afin de limiter les fuites dans l’axe longitudinal du croisé et le
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Figure 20 – Schéma optique pour la création des pièges dimple (rouge) et AzurLight
(bleu clair). Le schéma encadré indique la mise en forme du faisceau Keopsys (1560
nm) pour l’injection du dimple dans une fibre permettant d’être amenée sur le banc
principal. Le second schéma représente le banc principal et indique la mise en forme
des faisceaux i) AzurLight (1064 nm) permettant d’obtenir un waist w0 = 80 µm sur les
atomes et ii) dimple dont le waist est w0 = 30 µm. Le schéma du banc lancement et du
banc Bragg sont détaillés respectivement dans la section 2.4.1 et dans le chapitre 3.
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Figure 21 – a) Rampes de puissance utilisées pour les trois pièges dipolaires : croisé
(bleu), dimple (rouge) et AzurLight (bleu clair) au cours de l’évaporation. b) Evolution
du nombre d’atomes N, de la température T et de la densité dans l’espace des phase ρ

au cours de la séquence d’évaporation. La ligne rouge indique le seuil de condensation
pour lequel ρ > 1.2.
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piège dimple est allumé à puissance maximale. Cette étape est inefficace du point
de vue du refroidissement par évaporation puisque la densité dans l’espace des
phases diminue, elle permet néanmoins de charger efficacement les atomes dans
le piège dimple. Nous maintenons ensuite la puissance du dimple élevée pendant
toute la durée de l’évaporation, alors que nous diminuons progressivement
la puissance des pièges croisé et AzurLight. La transition de phase amenant à
la condensation est réalisée pendant la dernière rampe d’évaporation, nous
obtenons finalement un condensat avec une évaporation de 2.8 s (fig 21b).

Mesure de la température par temps de vol

Afin de mesurer la température du nuage d’atomes, nous utilisons la méthode
dite de temps de vol (tof). Cette méthode est fréquemment employée dans
les expériences d’atomes froids, elle consiste à couper de manière soudaine
les pièges dans lesquels sont confinés les atomes, puis d’analyser leur densité
spatiale durant leur chute libre. Après un temps d’expansion suffisamment
long, elle donne accès à la distribution de vitesse dans le nuage.

— Dans le cas d’un nuage thermique, la densité spatiale du nuage d’atomes
est donnée par la distribution de Maxwell-Boltzmann, elle peut être
ajustée par une distribution gaussienne centrée sur le nuage d’atomes
et dont l’écart-type σ caractérise la taille du nuage dont l’évolution
temporelle est donnée par :

σ(t) =

√(
σ2

0 +
kBT
m

t2
)

, (75)

où σ0 correspond à la taille du nuage dans le piège et t est le temps de
vol libre.

— Dans le cas d’un nuage condensé, l’approximation de Maxwell-Boltzmann
n’est plus valable : la densité spatiale suit une parabole inversée et l’évo-
lution de la taille du condensat est donnée par [Castin and Dum, 1996].

Le nuage condensé, dont la taille est donnée par le rayon de Thomas-Fermi
(73), est plus petit et plus dense que le nuage thermique, cela se traduit par
la présence d’une double structure sur le profil de densité du nuage au seuil
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de condensation. Plus la densité dans l’espace des phases augmente et plus
l’amplitude du profil condensé est marquée, la base du profil correspondant au
nuage thermique disparaissant progressivement pour laisser place à un nuage
complètement condensé.

Le profil de densité intégré selon l’axe d’imagerie (i.e. dans la direction de la gra-
vité) d’un nuage partiellement condensé correspond à la somme des densités du
nuage thermique et du nuage condensé, il s’écrit comme [Castin and Dum, 1996] :

n(r) = nth(0)

[
exp

{
−
(

x
σx,th

)2

−
(

z
σz,th

)2
}]

+ max

[
nc(0)

[
1 −

(
x

σx,th

)2

−
(

z
σz,th

)2
]

, 0

]
, (76)

où nth(0) et nc(0) représentent respectivement les densités thermique et conden-
sées au centre.

Compte tenu de l’angle de vue de la caméra sur notre dispositif expérimental 3, il
est difficile d’observer la structure bimodale du nuage partiellement condensé :
nous utilisons alors des profils gaussiens pour estimer la densité du nuage
d’atomes. Pour plusieurs valeurs de temps de vol, nous mesurons l’expansion
spatiale du nuage grâce à la relation (75). Cette mesure permet de caractériser
la dispersion en vitesse du condensat. La température d’un condensat étant
par définition nulle, nous lui attribuant néanmoins une température effective
traduisant la dispersion en vitesse du nuage due aux collisions. A la fin de la
séquence d’évaporation, nous obtenons un condensat de N = 1 × 105 atomes à
une température effective de T = 300 nK.

2.3.2 Transfert dans le piège le moins confinant

Le refroidissement par évaporation a permis de franchir le seuil de condensation
pour atteindre un condensat à une température effective de 300 nK. Néanmoins,
pour les expériences de diffraction et d’interférométrie que nous réalisons, nous
devons utiliser une source d’atomes avec une plus faible dispersion en vitesse.

3. L’angle de vue de la caméra et les contraintes d’accès optiques pour observer les directions
propres du pièges sont détaillés dans la thèse de M.Bordoux [Bordoux, 2019].
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En effet, la diminution de la température du nuage est essentielle pour aug-
menter l’efficacité de diffraction lors des transitions de Bragg (chapitre 3). Une
faible expansion transverse est également nécessaire dans le cadre d’un test de
neutralité de la matière, puisque le condensat devra passer dans des électrodes
(chapitre 1).

Afin de diminuer d’avantage la dispersion en vitesse, le nuage est transféré en
fin d’évaporation dans le piège croisé dont les fréquences sont beaucoup plus
faibles que celles du piège dimple. Cette étape de décompression permet de
diminuer l’énergie d’interaction, qui est responsable de la dispersion en vitesse
des atomes en vol libre. Durant cette étape, nous abaissons progressivement
la puissance du dimple afin de transférer adiabatiquement les atomes dans le
piège croisé. En parallèle, nous remontons la puissance du piège croisé afin de
conserver une profondeur suffisamment grande pour compenser la gravité (fig
21a). A la fin de cette rampe d’une durée de 150 ms, les atomes sont piégés
uniquement dans le piège croisé : la fréquence moyenne du piège passant alors
de 2π × 400 Hz à 2π × 180 Hz. Cette étape de décompression est accompagnée
d’une évaporation, elle nous permet d’obtenir un nuage de N = 3 × 104 atomes
à une température effective de T = 30 nK.

L’étape de transfert dépend finement de l’alignement entre le piège croisé et le
dimple et de la puissance des faisceaux, ainsi il est difficile de contrôler précisé-
ment la dynamique du centre de masse du nuage pendant la décompression
dans le piège croisé. Par conséquent, nous mesurons une fluctuation coup à
coup de la vitesse du centre de masse de l’ensemble atomique après l’étape
de transfert d’environ 0.8 mm/s∼ 0.1 vr, (avec vr = 5.88 mm/s la vitesse de
recul). Nous verrons néanmoins dans la section 2.5 que cette fluctuation peut
être diminuée en utilisant une technique de manipulation dans l’espace des
phases.

2.3.3 Purification du condensat par distillation de spin

La présence d’un champ magnétique inhomogène spatialement ou fluctuant
entraîne une réduction de la visibilité en sortie d’interféromètre, induite par
des déphasages acquis par les atomes dans les différents sous-niveaux Zeeman.
L’utilisation d’un condensat polarisé dans le sous-niveau mF = 0, insensible au
premier ordre au champ magnétique, permet de s’affranchir partiellement de
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Densité intégrée Densité intégrée

z
−
u.
a

𝑈

𝑥

𝑚! = +1

𝑚! = 0

𝑚! = −1

𝑚! = −1

𝑚! = 0

𝑚! = +1

𝑚! = 0

a)

b)

∇𝐵

𝑥

𝑦
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Figure 22 – a) Potentiel de piégeage vu par les atomes dans chacun des sous niveaux
mF lors de l’ajout d’un gradient de champ magnétique. L’analyse de la population
dans les différents sous-niveaux Zeeman par expérience de Stern et Gerlach est ensuite
réalisée. b) Une répartition équivalente dans les trois sous-niveaux est observée lorsque
la séquence d’évaporation est effectuée en l’absence de gradient de champ magnétique.
c) Lorsque le gradient de champ magnétique dans la direction orthogonale à la verticale
est allumé pendant l’évaporation, nous observons une purification dans l’état mF = 0.
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ces effets.

Les atomes sont préparés par dépompage à la fin de l’étape de mélasse dans
le niveau hyperfin F = 1 avant le début de l’évaporation. En l’absence de
champ magnétique, ils sont évaporés de manière équiprobable dans les sous
niveaux Zeeman mF = −1, 0 et +1 et le condensat est alors réparti sur chaque
sous-niveau mF (fig 22 b).
En ajoutant un gradient de champ magnétique au cours de l’évaporation, une
force magnétique est ajoutée. Ainsi, la profondeur du piège vue par les atomes
sera différente en fonction du sous-niveau dans lequel ils se trouvent. Cette
force magnétique se met sous la forme :

F = −gFmFµB∇B, (77)

avec gF = −1/2 (pour F = 1) le facteur de Landé et µB le magnéton de Bohr.

Pour un gradient de champ horizontal, il est possible de diminuer la profondeur
du piège pour les sous-niveaux mF = ±1, tandis qu’elle reste inchangée pour
mF = 0 (fig 22a). Ainsi, les atomes dans les sous niveaux mF ± 1 s’évaporent
préférentiellement, ce qui permet une purification du nuage dans l’état mF = 0
au cours de l’évaporation. Cette méthode est appelée distillation de spin. Nous
caractérisons la répartition des atomes dans les sous-niveaux Zeeman en faisant
une analyse de Stern et Gerlach en appliquant un gradient de champ magné-
tique dans la direction verticale pendant la chute libre des atomes. L’application
d’un gradient ∇B = 0.6 G/cm dans la direction opposée à la verticale pen-
dant l’évaporation nous permet ainsi d’obtenir un condensat purifié dans l’état
mF = 0 (fig 22c).

76



CHAPITRE 2. SOURCE D’ATOMES ULTRA-FROIDS

Conclusion (2.3)

Dans cette partie nous avons montré qu’une technique telle que le re-
froidissement par évaporation dans un piège tout-optique nous permet
d’obtenir un nuage condensé de N = 1 × 105 atomes à une température
effective de 300 nK dans l’état mF = 0. Une étape supplémentaire consis-
tant à transférer les atomes dans le piège le moins confinant permet de
diminuer d’avantage cette dispersion en vitesse afin d’obtenir une source
de 3 × 104 atomes et une température effective de 30 nK. Cette faible
dispersion en vitesse augmente l’efficacité de diffraction de Bragg à ordre
élevé (chapitre 3) et permet ainsi la réalisation d’interféromètres à grands
transferts d’impulsion (chapitre 4).

xxx

Dans la suite de ce chapitre, nous nous intéressons à la mise en place d’un
réseau optique (2.4) permettant de lancer les atomes. Ce réseau permettra de
réaliser des interféromètres en configuration de fontaine atomique ayant accès à
de longs temps d’interrogation. D’autre part, des temps de vol plus longs per-
mettent d’atteindre des régimes sub-nK grâce à des techniques de manipulation
dans l’espace des phases appelées "delta-kick collimation" , nous présentons
cette technique ainsi que les résultats obtenus à la section 2.5.

2.4 Réseau de lancement

Le champ de vue de notre système de détection limite actuellement le temps de
chute libre à 35 ms. Cette limite contraint alors les durées d’interrogation lors
d’expériences d’interférométrie. Afin d’augmenter ce temps de vol libre, nous
avons mis en place un réseau optique que nous appelons réseau de lancement
permettant d’accélérer les atomes par oscillations de Bloch. La mise en place
expérimentale de ce réseau ainsi que les premières analyses de lancement sont
présentées dans cette section.
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Figure 23 – Structure de bande dans le régime de liaisons faibles U0 ≪ Er. A chaque
bord de zone de Brillouin des croisements évités sont observés. Lors d’une oscillation de
Bloch, si l’accélération est suffisamment faible, l’atome suit adiabatiquement la bande
fondamentale à chaque croisement évité et la quasi-impulsion q évolue continûment. A
chaque oscillation, l’impulsion est augmentée de 2h̄k.

2.4.1 Principe des oscillations de Bloch

Les atomes sont lancés à l’aide d’un réseau optique accéléré verticalement. Ce
processus permet d’accélérer les atomes en leur transférant un nombre déter-
miné d’impulsions de recul. Pour cela, les atomes sont chargés adiabatiquement
dans un réseau optique auquel on applique une accélération constante. Si cette
accélération est suffisamment faible, les atomes ont un mouvement périodique
que l’on appelle oscillations de Bloch [Ben Dahan et al., 1996]. Chaque oscil-
lation dans le réseau permet d’augmenter l’impulsion des atomes de 2h̄k, où
k = 2π/λréseau.

Pour comprendre le principe des oscillations de Bloch dans un réseau accéléré,
nous nous intéressons dans un premier temps au cas d’un réseau stationnaire,
qui permet d’introduire le formalisme de Bloch. Nous verrons ensuite comment
les atomes peuvent être lancés à partir d’un réseau soumis à une accélération
constante. Le raisonnement qui suit s’appuie sur [Cladé, 2005].

Théorème de Bloch

Considérons un atome soumis à deux faisceaux contra-propageants suivant
z, d’amplitude E0, de vecteur d’onde k et de même polarisation. Le champ
résultant de l’interférence entre ces deux faisceaux s’écrit : E(z) = 2E0 cos(kz),
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et permet de créer une onde stationnaire dont l’hamiltonien associé est celui
d’un potentiel périodique de période spatiale d = λ/2 :

Ĥs =
p̂2

2m
+

U0

2
(1 + cos(kẑ)) ,

=
p̂2

2m
+ Û(z), (78)

où U(z) = U(z + d) est le potentiel périodique vu par les atomes.

De par la périodicité du potentiel, cet hamiltonien est invariant par translation
selon z par multiple de la période d. Par conséquent, il commute avec l’opérateur
de translation T̂d = ei p̂d/h̄ tel que [Ĥs, T̂d] = 0. Il existe donc une base pour
laquelle les vecteurs propres de Ĥs correspondent aux vecteurs propres de
T̂d, dont les valeurs propres sont eiqd, où q ∈]− π/d; π/d] est appelée quasi-
impulsion.
Les états propres associés aux valeurs propres de l’opérateur T̂d sont définis par
les fonctions d’ondes :

Ψq(z) = eiqz uq(z), (79)

où uq est une fonction de période d. Ce résultat est connu sous le nom de
théorème de Bloch [Bloch, 1929].

Notons que dans le cas d’un réseau stationnaire, la quasi-impulsion q est conser-
vée. En effet, comme le système est invariant par translation, nous pouvons
écrire :

[Ĥs, T̂d] = [Ĥs, p̂] = 0 (80)

En écrivant l’équation d’Heinsenberg associée à p̂, il vient :

ih̄
dp̂
dt

= [ p̂, Ĥs]. (81)

Puisque [ p̂, Ĥs] = 0, l’équation (81) permet d’écrire dp̂
dt = 0 : par conséquent

l’invariance de translation implique la conservation de l’impulsion, et donc
également de la quasi-impulsion q. Ainsi pour un réseau stationnaire, la quasi-
impulsion est indépendante du temps.
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A partir du théorème de Bloch et en résolvant l’équation de Schrödinger
ĤsΨq(z) = EqΨq(z), nous obtenons :(

( p̂ + h̄q)2

2m
+ U(z)

)
uq(z) = E(q)uq(z),

≡ Hquq(z) = E(q)uq(z). (82)

De part la périodicité de la fonction uq(z), l’hamiltonien Hq, appelé hamiltonien
de Bloch, possède un ensemble d’états propres qui sont des solutions pério-
diques. Ces états sont appelés états de Bloch |n, q⟩. Ils sont caractérisés par
l’indice n, la quasi-impulsion q, et s’écrivent comme ⟨z|n, q⟩ = un,q(z) eiqz.
Les valeurs propres associées à ces états sont définies par les énergies En(q).
Pour chaque indice n, l’énergie En(q) forme une bande continue, séparée des
autres bandes d’énergie. Il est alors possible de représenter ces bandes d’énergie
pour U0 ≪ Er et en fonction de q, cette représentation est appelée structure de
bande (fig 23). La structure de bande suit la périodicité du réseau, et l’intervalle
]− π/d; π/d] correspond à la première zone de Brillouin.

Oscillations de Bloch

Nous nous intéressons maintenant au cas où la vitesse du réseau n’est pas
constante telle que v(t) = ∆ω(t)/(2k). Dans le cas où le réseau est soumis à
une accélération a constante, les atomes voient, dans le référentiel du réseau,
une force F = ma. Dans ce cas, l’hamiltonien (78) se réécrit tel que :

Ĥa =
p̂2

2m
+ Û(z)− Fẑ, (83)

Contrairement au cas du réseau stationnaire, cet hamiltonien n’est pas invariant
par translation dans la direction z. Dans ce cas, la quasi-impulsion q n’est pas
conservée, et les états de Bloch définis précédemment ne sont, à priori, plus des
états propres du système.
L’évolution au cours du temps de la quasi-impulsion est reliée, puisqu’elle est
valeur propre de l’opérateur de translation, à l’évolution de T̂d telle que :

−ih̄
d
dt

T̂d = [Ĥa, T̂d] =

=0︷ ︸︸ ︷
[Ĥs, T̂d] +[−Fẑ, T̂d]

= −F[ẑ, eih̄d̂]

= FdT̂d. (84)
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La résolution de l’équation différentielle −ih̄ d
dt T̂d = FdT̂d permet d’écrire :

Td(t) = ei/h̄Fdt Td(0). Par conséquent, un état propre de l’opérateur de T̂d reste
un état propre au cours de temps, et l’évolution de ses valeurs propres suivent
la même évolution que l’équation (84) tel que :

−ih̄
d
dt

eiqd = FdTd. (85)

L’évolution de la quasi-impulsion est alors donnée par :

dq
dt

=
F
h̄

,

⇒ q(t) = q0 +
F
h̄

t. (86)

Les états propres du système sont finalement décrits par :

⟨z|n, q(t)⟩ = un,q(z, t) eiq(t)z, (87)

et sont solutions de l’équation de Schrödinger pour l’hamiltonien de Bloch (82)
en considérant q(t) :

Ĥq(t) =
( p̂ + h̄q(t))2

2m
+ Û(z). (88)

Considérons un réseau stationnaire pour lequel l’état propre |n, q0⟩ est défini à
l’instant t = 0. Pour une faible accélération du réseau (ou de manière équivalente
une force F faible) le système va évoluer dans l’état de même indice n. Après
évolution, l’état propre devient alors |n, q(t)⟩. Il s’agit du théorème adiabatique.
Ainsi, l’atome reste dans la même bande d’énergie n, et la quasi-impulsion q
évolue continûment et parcourt la zone de Brillouin (fig 23) en un temps τB
appelé période de Bloch :

τB =
2h̄k
ma

. (89)

Les atomes acquièrent alors un mouvement périodique appelé oscillation de
Bloch. La vitesse moyenne des atomes par rapport au réseau est donnée par
la quasi-impulsion q et évolue alors périodiquement dans le temps entre ±h̄k.
Sur une période de Bloch, cette vitesse moyenne est nulle. Comme le réseau se
déplace dans le référentiel du laboratoire, les atomes sont alors accélérés dans
ce même référentiel et leur impulsion augmentée de 2h̄k à chaque oscillation.
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2.4.2 Critère d’adiabaticité

Pour que l’accélération des atomes soit efficace, i.e. que la quasi-impulsion par-
court N zones de Brillouin en restant dans la même bande d’énergie d’indice n,
il faut que la force appliquée soit suffisamment faible pour éviter des transitions
inter-bandes. Dans ce cas, l’accélération a doit respecter le critère d’adiabaticité
telle que [Cladé, 2014] :

a ≪ Ω2

k
, (90)

où Ω est une fonction de la profondeur du réseau U0 traduisant l’écart en
énergie à chaque croisement évité en bord de zone de Brillouin (fig 23).

La probabilité qu’un atome change de bande au cours de l’accélération est
donnée par le critère de Landeau-Zener et s’écrit :

PLZ = e
−
( ac

a

)
. (91)

où ac est l’accélération critique à partir de laquelle le critère d’adiabaticité n’est
plus respecté.
Pour N oscillations de Bloch effectuées, i.e. un gain en impulsion de 2Nh̄k, la
probabilité d’atomes restants à la fin de l’accélération s’écrit donc comme :

P = (1 − PLZ)
N =

1 − e
−
( ac

a

)N

. (92)

Une accélération suffisamment faible permet donc de limiter les pertes LZ et
conserve un nombre maximal d’atomes à la fin d’une oscillation de Bloch.

Chargement adiabatique du réseau

Un autre élement essentiel pour réaliser un lancement efficace est lié au charge-
ment des atomes dans le réseau. En effet, un chargement adiabatique permet
de s’assurer que les atomes dans l’état d’impulsion |p⟩ ne peuplent que l’état
propre du réseau |0, q⟩ dans la bande fondamentale. Ce chargement adiabatique
est réalisé lorsque [Denschlag et al., 2002] :

⟨i, q|∂H
∂t

|0, q⟩ ≪ ∆E2(q, t)
h̄

, (93)
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où ∆E est la différence d’énergie entre l’état fondamental |0, q⟩ et le premier
état excité |i, q⟩, i.e. ici i = 1.

Afin de satisfaire au critère d’adiabaticité (93), le chargement des atomes est
réalisé en augmentant linéairement l’intensité du réseau pendant un temps τ.
Dans ce cas, l’évolution de la profondeur du réseau au cours du temps s’écrit :
U0 = t × U0/τ (avec U0 la profondeur maximale du réseau). En notant que

⟨i, q| ∂H
∂t |0, q⟩ est toujours inférieur à

dU0

dt
, nous pouvons alors réécrire (93) :

⟨i, q|∂H
∂t

|0, q⟩ ≪ U0

τ
. (94)

La différence entre deux bandes d’énergie est au minimum de 4 Er
[Dalibard, 2013] (avec Er = h̄2k2/2m l’énergie de recul). A partir des équations
(93) et (94), nous pouvons alors déterminer le temps τ minimal permettant un
chargement adiabatique du réseau :

τ ≫ U0h̄
16E2

r
. (95)

Pour les protocoles utilisés dans notre expérience, cela revient à choisir un
temps τ de l’ordre d’une centaine de micro-secondes (section 2.4.4).

Résumé (Oscillations de Bloch)

Dans cette section nous avons présenté le formalisme des oscillations de
Bloch dans un réseau accéléré. Pour cela nous avons dans un premier
temps étudié le cas d’un réseau stationnaire, permettant d’introduire le
formalisme de Bloch pour lequel l’hamiltonien est décrit par les états
propres |n, q⟩ et par les valeurs propres En(q) dont la représentation en
bandes d’énergie est appelée structure de bande. Nous avons ensuite
étendu ce formalisme au cas d’un réseau accéléré. Dans le cas où le
théorème adiabatique est respecté, le système évolue d’un état |n, q0⟩
vers l’état de même indice |n, q(t)⟩ : la quasi-impulsion évolue alors
continûment et parcourt la zone de Brillouin en un temps τB. Les atomes
acquièrent un mouvement périodique appelé oscillation de Bloch. Le
centre de masse suit l’évolution du réseau dont chaque oscillation dans le
réseau permet d’augmenter l’impulsion des atomes de 2 h̄k.
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Figure 24 – Schéma du banc de lancement. Les deux faisceaux formant le réseau optique
sont créés à partir des deux AOMs 2A et 2B qui permettent de contrôler la différence
de fréquences nécessaire aux oscillations de Bloch. L’amplitude du réseau est réglée à
partir de l’AO1. L’équilibre des puissance entre les deux bras du réseau se fait avec le
système {λ/2+cube polarisant (rouge)} et est ajusté tel que 5 W sont utilisés par le
bras 2B servant au piège dipolaire.

Les prochaines sections 2.4.3 et 2.4.4 ont pour objectif de présenter les résultats
expérimentaux associés au lancement des atomes. Dans un premier temps je
détaille la mise en place du dispositif expérimental permettant la réalisation du
réseau vertical accéléré (2.4.3), puis je présente les premiers résultats obtenus
concernant la manipulation des atomes dans ce réseau (2.4.4).

2.4.3 Mise en place expérimentale

Le laser que nous utilisons pour réaliser le réseau de lancement est le laser de la
marque AzurLight (λ = 1064 nm) introduit précédemment pour la réalisation
du piège dipolaire (section 2.3.1). Les deux faisceaux formant le réseau sont
créés à partir de deux AOMs (AO2A et AO2B, voir fig 24) MT80-B100A0 de la
marque AA Opto Electronic dont les signaux RF sont générés par deux géné-
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Figure 25 – Schéma de la mise en forme des faisceaux formant le réseau optique pour
le lancement. Les deux faisceaux A et B sont collimatés puis focalisés pour obtenir un
waist équivalent sur les atomes w0A = w0B = 80 µm.

rateurs de fonctions arbitraires de la marque Keysight, cadencés par la même
horloge de fréquence 10 MHz. Un autre AOM MT80-B100A0 (AO1, voir fig 24)
est également utilisé, il permet de contrôler l’amplitude du réseau. Le décalage
en fréquence servant à accélerer le réseau est réalisé grâce à un double passage
dans les AOMs 2A et 2B : cette configuration présente l’avantage de s’affranchir
des déviations accompagnant les changements de fréquence. Après double
passage dans chacun des AOMs, les faisceaux A et B sont recombinés sur un
cube polarisant afin d’être envoyés vers le banc principal. Cette recombinaison
permet d’assurer une propagation du mode commun des deux faisceaux lors de
leur propagation en espace libre entre le banc lancement et le banc principal (fig 25).
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L’efficacité de diffraction de l’AO1 est de 65% et celle des AOMs 2A et 2B en
double passage est de l’ordre de 60% (80% × 70%), ce qui permet d’obtenir
une puissance totale disponible sur les atomes 4 d’environ 8 W. L’équilibre de
puissance entre les deux bras A et B est assuré grâce au système {λ/2+cube
polarisant} (fig 24) : nous distribuons la majorité de la puissance sur le bras B
servant au piège dipolaire lors de l’évaporation. La répartition des puissances
(à puissance maximale) est donc de 5 W pour le bras B et de 750 mW pour
le bras A. Pour le réseau de lancement, nous travaillons à puissance égale sur
chacun des deux bras en changeant l’amplitude RF envoyée aux deux AOMs 2A
et 2B. La profondeur du réseau (allumage et extinction) est ensuite contrôlée par
l’AO1. En pratique, nous travaillons dans une gamme de puissance de quelques
dizaines de mW.
Une fois sur le banc principal, les faisceaux A et B sont séparés à nouveau
(fig 25) afin de créer le réseau : le faisceau B provient de la partie haute du
banc principal (direction +g), il sert à réaliser le piège dipolaire. Le faisceau
A provient de la partie basse du banc principal (direction −g), il est contra-
propageant au faisceau B, et sa polarisation tournée de 90◦ après passage dans
une lame λ/2 pour qu’il puisse interférer avec le faisceau B. Les faisceaux A
et B formant les deux bras du réseau sont collimatés et mis en forme à l’aide
de deux télescopes. Une dernière lentille permet de focaliser les faisceaux afin
d’obtenir sur les atomes un waist identique pour chacun des deux bras du
réseau tel que w0A = w0B = 80 µm (fig 25). Enfin, la verticalité du réseau est
réglée par rapport au réseau de Bragg que nous détaillerons dans le chapitre 3.

2.4.4 Résultats expérimentaux

Le réseau de lancement ayant été récemment mis en place sur notre disposi-
tif expérimental, je présente ici les premiers résultats obtenus concernant la
manipulation des atomes dans ce réseau.

Chargement adiabatique du réseau

Comme nous l’avons vu précédemment, l’efficacité du lancement dépend entre
autre de l’adiabaticité du chargement des atomes dans le réseau. Afin de tester
l’efficacité de ce chargement, nous réalisons une "double rampe" d’intensité
permettant de charger puis de décharger le réseau (fig 26b). Si la rampe est

4. C’est à dire la somme de la puissance en sortie de AO2A et AO2B.
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Intensité 𝜏

Temps
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𝜏 (𝜇𝑠)
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Figure 26 – a) Evolution expérimentale de la population d’atomes dans les différents
états d’impulsion après chargement et déchargement dans le réseau en fonction du
temps τ de chargement. Un chargement parfaitement adiabatique revient à garder tous
les atomes dans l’état 0h̄k, i.e. l’état initial (bleu). En revanche, si la rampe n’est pas assez
adiabatique, d’autre états d’impulsion sont alors peuplés dans les états d’impulsion
| − 2h̄k⟩ (rose) et|+ 2h̄k⟩ (bleu clair). b) Profil d’intensité en fonction du temps τ.

suffisamment adiabatique, cette manipulation permet de conserver l’ensemble
des atomes dans l’état d’impulsion initial, i.e. |0h̄k⟩. A l’inverse, en allumant
soudainement le réseau, plusieurs bandes du réseau sont peuplées et la fonction
d’onde est projetée sur plusieurs états de Bloch, ce qui a pour conséquence de
peupler, après exctinction du réseau, d’autres états d’impulsion (i.e. les pertes
LZ, principalement dans les états ±|2h̄k⟩) en plus de l’état d’impulsion initial
(fig 26a). Des durées de rampe plus longues permettent de conserver environ
97% des atomes dans l’état initial (fig 26a). Pour s’affranchir de ces effets de
non-adiabaticité, nous choisissons en pratique une durée de chargement de
l’ordre de la centaine de micro-secondes, ce qui est en accord avec la valeur τ

déterminée théoriquement à l’équation (95).

Lancement

Une fois les atomes chargés adiabatiquement dans le réseau, la procédure
d’accélération consiste à maintenir l’amplitude constante et à augmenter de

87



CHAPITRE 2. SOURCE D’ATOMES ULTRA-FROIDS

𝑇!

Impulsion moyenne (ℏ𝑘)

b)
𝜏 𝜏

𝑇# (𝜏$)

Intensité

Temps

a)

Δ𝜔

Figure 27 – a) Evolution expérimentale de la vitesse moyenne des atomes à la fin d’une
oscillation de Bloch en fonction du temps d’accélération. Au cours de l’accélération,
les atomes franchissent N zones de Brillouin en un temps NτB pour atteindre une
impulsion finale de 2Nh̄k. b) Profil d’intensité et de la différence de fréquence du réseau
en fonction du temps.

manière linéaire la différence de fréquence entre les deux bras afin d’accélérer le
réseau (fig 27b). Au cours cette accélération, supposée suffisamment adiabatique
et continue pour s’affranchir des pertes LZ, les atomes franchissent N zones
de Brillouin, et leur vitesse moyenne est augmentée de 2vr à chaque période
de Bloch (fig 27a), i.e. pour un multiple du temps de Bloch τB (89). A la fin
de cette accélération, les atomes ont une impulsion finale (dans le référentiel
du laboratoire) de 2Nh̄k. Lorsque la durée d’accélération n’est pas un multiple
de τB, les atomes sont dans une superposition cohérente entre deux états
d’impulsion, et leur vitesse moyenne correspond à une moyenne des deux états
d’impulsion |2Nh̄k⟩ et |2(N − 1)h̄k⟩ (fig 27).
Nous réalisons actuellement sur notre expérience des lancements allant jusqu’à
40vr ∼ 160 mm/s, sans perte d’atomes ni augmentation de la dispersion en
vitesse initiale détectable.

Dans notre configuration expérimentale, l’efficacité du lancement dépend égale-
ment de l’alignement entre les faisceaux formant le piège dipolaire et le réseau
de lancement. Cette géométrie rend difficile le contrôle précis des atomes au
moment de leur chargement dans le réseau. De plus, en raison de son waist de
80 µm, le confinement dans l’axe transverse du réseau est non-négligeable, et
nous observons, à la fin d’une séquence d’accélération longue, des oscillations
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du centre de masse dans cette direction.
Augmenter la vitesse finale de lancement nécessite également d’augmenter la
profondeur du réseau, ce qui a pour conséquence d’augmenter la fréquence de
piégeage transverse, et donc la fréquence des oscillations du centre de masse.
Ces oscillations entraînent un chauffage du nuage et donc une perte d’atomes.
Ce phénomène nous limite actuellement à des lancements de 40 vr. Pour s’af-
franchir de cette limite, nous envisageons d’augmenter le waist du réseau afin
de diminuer les fréquences de piégeage dans l’axe transverse.

Conclusion (2.3, 2.4)

La mise en place expérimentale du réseau optique vertical a permis
d’obtenir les premiers résultats d’accélération verticale des atomes à partir
des oscillations de Bloch. Nous réalisons actuellement des lancements
allant jusqu’à 40vr ∼ 160mm/s, sans perte d’atomes ni augmentation
de la dispersion en vitesse initiale détectable. Cette vitesse de lancement
permet la réalisation de premiers interféromètres en configuration de
fontaine atomique a pour des durées allant jusqu’à 2T = 36 ms. D’autre
part, elle nous permet d’accéder à un temps d’expansion libre nécessaire
à la réalisation d’une manipulation dans l’espace des phases avec laquelle
nous obtenons une source d’une température effective de l’ordre du nK.
Cette technique est présentée dans la section suivante.

a. Les résultats d’interféromètres en configuration de fontaine atomique seront pré-
sentés dans la thèse de T.Rodzinka.

2.5 Collimation du nuage d’atomes

Pour les tests de neutralité de la matière, nous envisageons une source d’atomes
sub-nK (chapitre 1). L’étape de transfert dans le piège croisé en fin d’évaporation
a permis de diminuer la dispersion en vitesse du nuage grâce à une décompres-
sion du piège. La température effective minimale que nous pouvons atteindre
avec cette décompression est néanmoins limitée, puisqu’elle se fait dans le piège
croisé qui est responsable du piégeage des atomes contre la gravité, ce qui borne
la fréquence à ωmin/2π = 180 Hz. Par conséquent la dispersion en vitesse
minimale que nous pouvons atteindre est également bornée, et correspond à
une température effective de 30 nK.
Le régime sub-nK est néanmoins accessible par une technique de manipulation
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dans l’espace des phases, également appelée "delta-kick collimation" (DKC)
[Ammann and Christensen, 1997], [Maréchal et al., 1999],
[Myrskog et al., 2000], [Kovachy et al., 2015b], [Deppner et al., 2021].

2.5.1 Principe du DKC

Le DKC consiste à appliquer une force qui s’oppose exactement au mouvement
des atomes pour chaque classe de vitesse. Pour cela, on laisse s’étendre les
atomes pendant un temps d’expansion texp suffisamment long pour que la
distribution en position ∆xexp reflète la dispersion en vitesse initiale ∆v0 du
nuage d’atomes. Dans le cas où les interactions sont négligées, ∆xexp ≃ ∆v0texp :
en appliquant une force linéaire, i.e. dérivant d’un potentiel quadratique, il est
alors possible d’appliquer une force d’autant plus grande que les atomes se
sont étendus et sont donc rapides. Cela revient à collimater l’expansion spatiale
de la source et à réduire ainsi sa dispersion en vitesse. Expérimentalement,
l’utilisation d’une impulsion d’un potentiel dipolaire harmonique nous permet
de réaliser cette lentille de collimation. A la différence du refroidissement par
évaporation, le DKC est une manipulation dans l’espace des phases. Il se réalise
à densité dans l’espace des phases constante, sans perte d’atomes et sur des
durées plus courtes.

2.5.2 Loi d’échelle dans un potentiel harmonique

L’application d’un potentiel harmonique U = mω2x2/2 exerce sur les atomes
une force F = −mω2x. Cette force est linéaire en position : plus les atomes sont
éloignés du centre de la distribution, i.e. plus ils ont une vitesse importante,
et plus la force exercée est grande (fig 28b). L’application du potentiel permet
donc de réduire spécifiquement la vitesse de chaque classe de vitesse du nuage,
et ainsi de diminuer la dispersion en impulsion ∆p. Dans l’espace des phases,
cela se traduit par une rotation (fig 28b). Dans le cas où la durée τ d’application
du potentiel est faible devant le temps caractéristique d’oscillation dans le piège,
i.e. ωτ ≪ 1, l’effet du DKC est d’induire une variation de la vitesse des atomes
tel que :

δv(x) ≃ −ω2τx. (96)
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Figure 28 – Principe du delta-kick cooling. a) Analogie avec l’optique : l’application
d’une lentille permet de collimater un faisceau divergent. b) Représentation du DKC
dans l’espace des phases : l’application d’un potentiel harmonique permet d’appliquer
une force linéaire en position (flèches roses) et ainsi de diminuer la dispersion en
impulsion ∆p du nuage.

Condition de collimation

Nous nous intéressons à la durée τ permettant de collimater l’expansion spa-
tiale de la source, i.e. la valeur τ optimale pour laquelle la vitesse de tous les
atomes est ramenée à zéro.

Considérons pour cela un ensemble d’atomes au temps t0 décrit dans l’espace
des phases par une distribution gaussienne en position de largeur ∆x0 et une
distribution gaussienne en impulsion de largeur ∆p0 tel que :

ρ(x0, p0) =
1√

2π∆x2
0

exp−x2/(2∆x2
0) × 1√

2π∆p2
0

exp−p2/(2∆p2
0) . (97)
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La manipulation dans l’espace des phases consiste en un temps d’expansion
texp suivi d’une application pendant un temps τ d’un potentiel quadratique
U(x). L’hamiltonien décrivant ce système est donné par :

H =
p2

2m
+ U(x, t), avec


U(x, t) = 0 si t ∈

texp︷ ︸︸ ︷
[t0; t−[,

U(x, t) =
1
2

mω2x2 si t ∈ [t−; t+[︸ ︷︷ ︸
τ

.
(98)

A partir de (98) et des équations de Hamilton (x =
∫

∂H
∂p dt + x0 et p =

−
∫

∂H
∂x dt + p0), nous calculons la position et l’impulsion des atomes au temps

t+, juste après application du potentiel. Dans ce cas, la fonction (97) devient :

ρ(x(t+), p(t+)) =
1√

2π∆x2
0

exp−X(t+)2/(2∆x2
0) × 1√

2π∆p2
0

exp−P(t+)2/(2∆p2
0),

(99)
avec :  X(t+) = x(t+)−

texp

m
(

p(t+) + mω2x(t+)τ
)

,

P(t+) = p(t+) + mω2x(t+)τ.
(100)

En remplaçant les valeurs X(t+) et P(t+), la fonction de distribution (99) devient
alors :

ρ(x(t+), p(t+)) =
1

2π∆x2
0∆p2

0
exp−[Ax(t+)2+Bp(t+)2+Cx(t+)p(t+)], (101)

où : 

A = (1 − texpω2τ)2/(2∆x2
0) + m2ω4τ/(2∆p0)

2,

B = t2
exp/(2m2∆x2

0) + 1/(2∆p2
0),

C = (−2texp + t2
exp2ω2τ)/(2m∆x2

0) + (mω2τ)/(∆p2
0).

(102)

Dans le cas ωτ ≪ 1, minimiser la dispersion en vitesse après DKC revient à
annuler le terme de corrélation entre x et p, de sorte à ce que la fonction de
distribution (101) s’écrive comme le produit de deux fonctions indépendantes
en x et p tel que :

ρ(x(t+), p(t+)) = ζ(x(t+))× ζ(p(t+)). (103)
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Cela revient à annuler le terme C dans (101). En posant C = 0, nous obtenons
alors la durée τopt optimale permettant de collimater l’expansion spatiale de la
source et minimisant sa dispersion en vitesse :

τopt =
D

ω2texp
, (104)

avec :

D =
1

m2∆x2
0

[
1

m2∆x2
0
+

1
∆p2

0t2
exp

]
. (105)

Pour les paramètres utilisés expérimentalement, cela revient à une durée τopt
de l’ordre de 100µs.

Cas à trois dimensions dans le régime de Thomas-Fermi

Comme nous l’avons mentionné précédemment, notre expérience vise des dis-
persions en vitesse correspondant au régime sub-nK dans la direction verticale
(i.e. la direction du réseau de Bragg (chapitre 3)).
Pour diminuer la dispersion en vitesse obtenue après collimation, il faut, soit
diminuer la taille initiale et/ou la dispersion en vitesse initiale (ces paramètres
étant fixés par notre expérience), soit augmenter le temps d’expansion texp avant
la lentille.
Nous nous intéressons au temps d’expansion nécessaire pour atteindre le ré-
gime sub-nK dans l’axe du réseau de Bragg. Cette recherche se fait en tenant
compte de la dynamique à trois dimensions du nuage d’atomes. Les résultats
de ces calculs sont présentés sur la figure 29a, ils sont déterminés en calculant
l’évolution de la densité spatiale dans le régime initialement de Thomas-Fermi 5

à partir des équations [Castin and Dum, 1996] :
Rj(t) = λj(t)RTF(0),

d2λj

dt2 =
ω2

j (0)

λjλ1λ2λ3
− ω2

j (t)λj.
(106)

Pour ces calculs, la fréquence initiale du piège ωj(0)/(2π) est ajustée pour
obtenir la dispersion en vitesse que nous mesurons expérimentalement avant le

5. Bien que les interactions soit diluées après transfert dans le piège croisé, l’approximation
du régime de Thomas-Fermi reste valable : Na = 105 µm≫ 1.2 µm.
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Figure 29 – a) Evolution de la dispersion en vitesse calculée numériquement avec un
DKC réalisé dans un piège parfaitement harmonique en fonction du temps d’expansion
avant la lentille. (b) Evolution de la racine carré de l’erreur quadratique moyenne
(mse) entre un nuage dont le DKC est calculé pour un piège parfaitement harmonique
et un nuage dont le DKC est calculé pour un profil gaussien. Pour des longs temps
d’expansion, la force exercée par la lentille n’est plus parfaitement linéaire sur toute la
taille du nuage et entraîne une déformation du nuage dans l’espace des phases rendant
le DKC moins efficace. Pour nos paramètres expérimentaux, des temps d’expansion
inférieurs à 25ms devraient néanmoins permettre que cet effet soit négligeable.
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potentiel de collimation i.e. T = 30 nK et la fréquence ωj(t = texp) correspond
à la fréquence déterminée expérimentalement en mesurant les oscillations
dipolaires dans le piège servant à réaliser le DKC. A partir de l’évolution
libre de la densité spatiale après collimation, nous déduisons la dispersion en
vitesse du nuage que nous exprimons en température effective. Les résultats
numériques sont illustrés sur la courbe 29a. Pour chacun des points de cette
courbe, la fréquence du potentiel est maintenue constante et sa durée τ est
ajustée de façon à ce que la dispersion en vitesse finale soit minimale. En
considérant ces paramètres, un temps d’expansion de l’ordre de 20 ms devrait
permettre d’atteindre une dispersion en vitesse finale sub-nK.

2.5.3 Cas d’un potentiel gaussien

Jusqu’à présent, nous avons supposé des potentiels parfaitement harmoniques.
Or, les pièges dipolaires que nous utilisons expérimentalement ont des profils
gaussiens. Cette approximation est valable au voisinage du centre du piège,
i.e. si la taille du nuage reste petite devant le waist du faisceau gaussien. Pour
atteindre des faibles dispersions en vitesse, l’application d’un potentiel har-
monique après un long temps d’expansion est nécessaire. Comme le nuage
d’atomes s’étend au cours du temps d’expansion (fig 28b), il peut donc sonder
la partie non-harmonique du piège gaussien si le temps d’expansion devient
trop grand. Dans ce cas, la force exercée sur les atomes n’est plus linéaire en
position, cela se caractérise par une distorsion du nuage dans l’espace des
phases, limitant ainsi la dispersion en vitesse accessible.

Nous nous intéressons au temps d’expansion à partir duquel cet effet devient
limitant. Pour cela nous calculons l’évolution de la densité dans l’espace des
phases selon z pour plusieurs temps d’expansion texp et nous évaluons l’erreur
quadratique moyenne (mse) 6 entre un nuage collimaté avec un piège harmo-
nique parfait et un nuage collimaté avec un piège gaussien. Ces résultats sont
présentés sur la figure 29b, ils sont calculés en considérant une dispersion en
vitesse initiale correspondant à une température effective de 30 nK et un waist
w0 = 145 µm (ce qui correspond au waist du piège utilisé pour le DKC).

6. La mse correspond à la moyenne des carrés des écarts entre les densités dans l’espace des
phases étudiées pour un potentiel harmonique et pour un potentiel gaussien.

95



CHAPITRE 2. SOURCE D’ATOMES ULTRA-FROIDS

A partir d’un temps d’expansion de 35 ms, nous commençons à observer une
déformation du nuage d’atomes (fig 29b) après DKC (

√
mse ≃ 15%). Cette

déformation est liée à la force exercée sur les atomes qui n’est plus linéaire, ce
qui a pour conséquence d’augmenter la dispersion en vitesse effective et de
rendre alors le DKC moins efficace. Actuellement sur notre expérience, nous
utilisons des temps d’expansion pour réaliser le DKC inférieurs à 20 ms. Pour
ces temps d’expansion, la racine carrée de l’erreur quadratique moyenne est
inférieure à 5% (fig 29b), ainsi l’effet lié à la non-harmonicité du piège reste
négligeable sur la dispersion en vitesse finale. Des expansions allant jusqu’a
25 ms (

√
mse < 5%) devraient permettre d’atteindre le régime sub-nK sans

souffrir de ces effets, i.e. sans nécessiter de changer la géométrie du piège
réalisant le DKC.

2.5.4 Résultats expérimentaux

Nous nous intéressons maintenant à la mise en oeuvre expérimentale du DKC.
Pour les expériences d’interférométrie, le réseau optique que nous utilisons est
dans la direction verticale, par conséquent nous cherchons à atteindre de très
faibles dispersions en vitesse dans cette direction. Pour ces expériences nous
avons voulu réutiliser un des pièges de notre dispositif expérimental. Le piège
croisé étant le seul piège ayant un axe propre selon z, il est nécessaire de relancer
les atomes après la chute libre afin d’obtenir l’expansion libre requise et réaliser
le DKC en z = 0, i.e. à la position du piège croisé.

La séquence expérimentale est la suivante (fig 30a) : à la fin de l’étape de trans-
fert, le piège croisé est coupé et les atomes sont en chute libre pendant un temps
texp/2, ils sont ensuite accélérés dans la direction opposée par oscillations de
Bloch à une vitesse v f = 40 vr puis subissent un nouveau vol libre pendant
texp/2 afin d’inverser leur trajectoire, de façon à ce que leur apogée 7se situe au
centre du piège croisé. Après un temps d’expansion total texp, le piège croisé est
allumé de nouveau pour réaliser l’impulsion de DKC. Nous mesurons ensuite
l’évolution de l’expansion spatiale du nuage dans l’axe vertical après un temps
de vol (75) afin d’estimer la dispersion en vitesse.

7. Réaliser le DKC à l’apogée de la trajectoire des atomes, i.e. autour de la vitesse nulle,
permet de minimiser les déplacements des atomes pendant l’impulsion. Nous ajustons alors le
temps d’expansion et la vitesse de lancement de sorte à toujours placer l’apogée de la trajectoire
des atomes à la position du piège croisé.
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Figure 30 – a) Schéma de la trajectoire des atomes pour l’expérience de DKC. La lentille
est appliquée à l’apogée de la trajectoire des atomes afin de minimiser les déplacements
pendant l’impulsion laser. b) Etude expérimentale de l’évolution de la taille du nuage
après temps de vol : sans DKC (rose), correspondant à une température effective de
30 nK, et après DKC (bleu). Les paramètres du DKC sont les suivants : une durée
τ = 150 µs, une puissance P = 6 W (w0 = 145 µm) et un temps d’expansion avant
DKC de 16.5 ms (cela correspond à un lancement de 40 vr), ils permettent d’atteindre
une température effective T = 1.78 ± 0.25 nK.
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Cette technique nous permet d’obtenir une température effective T = 1.78± 0.25
nK (fig 30b) pour les paramètres suivants : une durée τ = 150 µs, une puissance
P = 6 W (w0 = 145 µm) et un temps d’expansion avant DKC de 16.5 ms
(cela correspond à un lancement de 40 vr). Pour cette expérience, chaque point
associé à une valeur de tof correspond à une moyenne de 20 mesures. Afin
d’augmenter le temps de vol et ainsi améliorer l’estimation de la dispersion
en vitesse, nous effectuons un deuxième lancement après DKC. Pour cela les
atomes sont à nouveau chargés dans le réseau après un temps de vol de 1 ms
puis lancés de nouveau à une vitesse 40 vr. De cette façon, nous augmentons la
durée du temps de vol en passant de 35 ms à 70 ms. Cette étape est nécessaire
dans le cas d’une mesure de dispersion en vitesse par temps de vol lorsque les
régimes de températures sont de l’ordre du nK. Le DKC présente également
l’avantage de diminuer les fluctuations de vitesse du centre de masse, puisque
la force exercée par la lentille est linéaire en position. De cette façon, nous
mesurons une diminution des fluctuations coup à coup de la vitesse du centre
de masse des atomes, passant de 0.8 mm/s à 0.12 mm/s.

Le résultat obtenu est en accord avec la simulation numérique réalisée (fig
29a) pour un temps d’expansion de 16.5 ms. Pour atteindre le régime sub-nK,
nous devons alors réaliser des temps d’expansion d’au moins 20 ms. Ce temps
d’expansion reste dans l’intervalle temporel où les effets de non-harmonicité
du piège peuvent être négligés (fig 29b). En revanche, augmenter le temps
d’expansion nécessite également d’augmenter la vitesse du lancement avant
DKC, au delà d’une vitesse finale de 40 vr. Comme nous l’avons mentionné
précédemment, nous observons un chauffage du nuage pour des lancements
plus importants que 40 vr, compensant alors le gain obtenu avec le DKC.
Cet effet nous limite donc actuellement à des temps d’expansion permettant
d’atteindre la dispersion en vitesse de 1.8 nK.
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Conclusion (2.5)

La mise en place d’une technique de manipulation dans l’espace des
phases, appelée "delta-kick collimation", consiste à appliquer un champ
de force qui s’oppose au mouvement des atomes pour chaque classe de
vitesse. En laissant s’étendre les atomes pendant un temps d’expansion
suffisamment long pour que la distribution en position des atomes reflète
la dispersion en vitesse initiale, il est alors possible de collimater l’expan-
sion spatiale de la source et réduire ainsi sa dispersion en vitesse. Cette
technique nous permet d’obtenir une source d’atomes à une température
effective de T ∼ 1.8 nK. Grâce à cette technique, nous mesurons égale-
ment une diminution des fluctuations coup à coup de la vitesse du centre
de masse, passant de 0.8 mm/s à 0.12 mm/s.
Le régime de température atteint est une étape vers la réalisation de
l’interféromètre à bras séparés que nous envisageons pour le test de la
neutralité de la matière.
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Conclusion

Ce chapitre a décrit le dispositif expérimental permettant l’obtention de notre
source d’atomes ultra-froids. Une première étape de refroidissement laser suivie
par un refroidissement par évaporation nous permet de franchir le seuil de
condensation et d’obtenir une source de 1 × 105 atomes à une température
effective de T = 300 nK dans l’état mF = 0 insensible au champ magnétique.
Une étape de décompression dans le piège croisé est ensuite réalisée, elle per-
met de diminuer la dispersion en vitesse du nuage condensé pour atteindre
une température effective de 30 nK et N = 3 × 104 atomes. C’est cette source
d’atomes ultra-froids qui sera utilisée pour les expériences de diffraction et
d’interférométrie présentées aux chapitres 3 et 4. En effet, la faible dispersion
en vitesse obtenue améliore significativement l’efficacité de diffraction des tran-
sitions de Bragg et permet la réalisation d’interféromètres à grande séparation
spatiale.

Dans ce chapitre, nous avons également présenté la mise en place d’une fontaine
de condensat de Bose-Einstein à l’aide d’un réseau optique accéléré verticale-
ment donnant accès à de longs temps d’interrogation. Le lancement des atomes
a également permis la réalisation de la collimation du nuage d’atomes qui
nécessite d’augmenter le temps de vol libre. Avec cette technique, nous avons
atteint une source d’une température effective de l’ordre du nK. Ce régime de
température est une étape vers la réalisation de l’interféromètre à bras séparés
que nous envisageons pour le test de la neutralité de la matière.
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CHAPITRE 3

Diffraction et interférométrie dans le
régime de quasi-Bragg

En 1933, Kapitza et Dirac [Kapitza and Dirac, 1933] proposent la diffraction
d’électrons par une onde optique stationnaire comme moyen d’étudier le pro-
cessus d’émission stimulée. Cependant, l’interaction entre l’électron et l’onde
laser via le potentiel pondéromoteur est extrêmement faible, par conséquent les
premières démonstrations convaincantes de diffraction d’électrons n’ont été
faites qu’aux début des années 2000 [Freimund et al., 2001]. L’idée a cependant
été reprise par Altshuler et al. [Altshuler et al., 1966], qui ont proposé de tirer
parti des couplages résonants atome-laser pour améliorer la diffraction d’ondes
de matière par la lumière. La diffraction atomique par une onde laser station-
naire fut finalement démontrée dans les années 1980 [Arimondo et al., 1979]
[Moskowitz et al., 1983].
La diffraction élastique (sans changement d’état interne) de Bragg présente
des caractéristiques attractives pour l’interférométrie atomique (chapitre 1).
Elle permet en principe d’augmenter la séparation en impulsion des sépara-
trices atomiques en utilisant des ordres de diffraction élevés. Cependant la
diffraction d’ordre élevé dans le régime de Bragg requiert de longs temps
d’interaction, ce qui la rend difficile à réaliser en pratique. Une alternative à
ce régime est le régime de quasi-Bragg [Müller et al., 2008a]. Dans ce régime
de diffraction, un interféromètre de séparation 24h̄k (n = 12) a été démon-
tré par [Müller et al., 2008b]. Le régime de quasi-Bragg présente néanmoins
certaines limites, puisque sa dynamique complexe peut mener à des interféro-
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mètres parasites pouvant limiter l’estimation de la phase [Siemß et al., 2020],
[Béguin et al., 2022].

Ce chapitre présente une étude théorique et expérimentale de la diffraction
atomique dans le régime de quasi-Bragg, ainsi que les limites associées pour
la réalisation d’interféromètres. Après avoir rappelé le principe de diffraction
par un réseau optique, je présente le modèle numérique utilisé pour décrire la
dynamique du régime de quasi-Bragg. Ce modèle est ensuite comparé à nos
résultats expérimentaux : dans le cas de la diffraction à ordre élevé, puis sur des
signaux interférométriques jusqu’à l’ordre n = 5. Le caractère multi-chemins de
ces interféromètres, inhérents au régime de quasi-Bragg, fera également l’objet
d’une étude à la fin de ce chapitre.

3.1 Modèle de diffraction de Bragg par un réseau

Dans cette section nous rappelons le principe de la diffraction de Bragg et
nous présentons le modèle utilisé pour nos simulations numériques. Nous
introduisons également le régime de quasi-Bragg (3.1.2). Dans ce régime, nous
distinguons deux sous-régimes (3.1.3) : celui des interactions courtes et celui
des interactions longues. Nous mettons en évidence une solution optimale
entre ces deux sous-régimes (3.1.4) qui résulte d’un compromis entre pertes
Landau-Zener (LZ) et sélectivité en vitesse.

3.1.1 Principe de la diffraction de Bragg

Nous nous intéressons au phénomène de diffraction d’un atome par un ré-
seau formé par une onde quasi-stationnaire. Pour cela, considérons un réseau
optique vertical créé à partir de deux faisceaux contra-propageants. Chacun
de ces faisceaux est décrit par sa pulsation ω1,2, son vecteur d’onde k1,2 et
une phase Φ1,2 (fig 31a). La différence de fréquence entre ces deux faisceaux
s’écrit ∆ω = ω1 − ω2 et le vecteur d’onde moyen est noté k = (k1 + k2)/2.
Nous supposons que le laser créant le réseau est suffisamment désaccordé (∆)
de la transition avec l’état excité pour éliminer adiabatiquement l’état excité
et négliger ainsi les effets d’émission spontanée (chapitre 1). Dans cette ap-
proximation, le champ laser induit un déplacement lumineux proportionnel à
l’intensité lumineuse. Par conséquent les atomes dans l’onde stationnaire sont
soumis à un potentiel lumineux périodique 2h̄Ω sin2(kz − Φ(t)/2), où Ω(t)
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est la pulsation de Rabi à deux photons (chapitre 1). La différence de phase
Φ(t) entre les deux faisceaux entraîne une vitesse du réseau par rapport au

laboratoire :
1
2k

dΦ(t)
dt

=
∆ω(t)

2k
.

Pour les mesures que nous réalisons, nous utilisons un condensat de Bose-
Einstein après un temps de vol de plusieurs millisecondes, ce qui a pour effet
de diluer les interactions qui deviennent négligeables. Dans ces conditions,
l’évolution du système est décrite par l’hamiltonien d’un seul atome dépendant
de l’énergie cinétique, l’accélération gravitationnelle, et du terme de déplace-
ment lumineux lié au réseau optique. Dans le référentiel du laboratoire, cet
hamiltonien s’écrit :

Ĥ =
p̂2

2M
+ Mgẑ + 2h̄Ω sin2

(
kẑ − Φ(t)

2

)
. (107)

Il est intéressant de choisir une base où la représentation matricielle de l’opéra-
teur Ĥ est la plus simple. Nous cherchons pour cela une base dans laquelle le
potentiel gravitationnel Mgẑ n’apparaît pas explicitement. Nous choisissons la
transformation unitaire :

U = exp
[

i
h̄

Φ(t)
2k

p̂
]

exp
[

i
h̄

Mgt
2k

ẑ
]

exp
[

i
h̄

β

]
, (108)

pour laquelle le premier terme correspond à une translation en position, le
deuxième terme à une translation en impulsion correspondant au réseau en

chute libre et β = Mg2t3

6 un terme de phase.
A partir de cette transformation unitaire, l’hamiltonien transformé H̃ s’exprime
comme :

H̃ = UHU† + ih̄
∂U
∂t

U†, (109)

avec :
∂U
∂t

=

(
i
h̄

exp
[

iβ
h̄

])(
dβ

dt
exp

[
iΦ(t)
2h̄k

]
exp

[
iMgtẑ

h̄

])

+

(
i
h̄

exp
[

iβ
h̄

])(
dΦ(t)

dt
p̂

2k
exp

[
iΦ(t) p̂

2kh̄

]
exp

[
iMgtẑ

h̄

])

+

(
i
h̄

exp
[

iβ
h̄

])(
Mg exp

[
iΦ(t) p̂

2kh̄

]
exp

[
iMgtẑ

h̄

])
. (110)
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Figure 31 – a) Le réseau optique vertical est formé par 2 faisceaux contra-propageants
k1, ω1, Φ1 et k2, ω2, Φ2. b) Parabole énergie-impulsion dans le régime de Bragg. La
diffraction de Bragg d’ordre n peut être interprétée comme un processus à 2n photons
permettant de coupler les deux états de Bragg (entourés en rouge) |p0⟩ et |p0 + 2nh̄k⟩.
Pour réaliser la simulation du numérique, nous choisissons une base de calcul qui
contient tous les états intérieurs entre les deux états de Bragg et est tronquée à m états
extérieurs les entourant.

En injectant (108) et (110) dans (109), nous obtenons :

H̃ =
p̂2

2M
−
(

1
2k

dΦ(t)
dt

+ gt
)

p̂ + 2h̄Ω(t) sin2(kẑ) +
Mg2t2

2
− dβ

dt︸ ︷︷ ︸
=0

. (111)

En notant la vitesse du réseau dans un référentiel en chute libre :

ṽ(t) =
(

1
2k

dΦ(t)
dt

+ gt
)

, (112)

l’hamiltonien (111) devient :

H̃ =
p̂2

2M
− ṽ(t) p̂ + 2h̄Ω sin2(kẑ),

=
p̂2

2M
− ṽ(t) p̂ + h̄Ω − h̄Ω

2

(
exp [2ikẑ] + exp [−2ikẑ]

)
. (113)
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En changeant l’origine des énergies, nous obtenons finalement :

H̃ =
p̂2

2M
− ṽ(t) p̂ − h̄Ω

2

(
exp [2ikẑ] + exp [−2ikẑ]

)
. (114)

L’opérateur e±2ikẑ est un opérateur de translation en impulsion : e±2ikẑ|p⟩ =
|p ± 2h̄k⟩. Par conséquent l’interaction avec le réseau optique peut s’interpréter
comme des transitions à deux photons pendant lesquelles l’atome absorbe un
photon de l’onde 1 et émet de manière stimulée dans l’onde 2 en réalisant
un échange d’impulsion de ±2h̄k. Contrairement aux transitions Raman, les
transitions de Bragg se font dans le même état interne, par conséquent il est
possible d’induire des couplages correspondant à n processus d’absorption-
émission stimulée, permettant un transfert de ±2nh̄k (fig 31b). On parle alors
de diffraction à l’ordre n.

Une base intéressante pour résoudre l’équation de Schrödinger associée à
l’hamiltonien (114) est celle de la décomposition en ondes planes :

|Ψ⟩ =
l=+∞

∑
l=−∞

Al|2lh̄k⟩, (115)

Dans cette base, la résolution de l’équation de Schrödinger amène à un système
d’équations différentielles :

ih̄
dAj

dt
=

l=+∞

∑
l=−∞

H̃ji Al|2lh̄k⟩, (116)

où H̃ji est l’élément de matrice ji de l’opérateur H̃ dans la base {|2lh̄k⟩}.
Chaque élément de matrice se calcule comme :

H̃ji =
〈

2jh̄k|H̃|2lh̄k
〉

,

=
〈

2jh̄k
∣∣∣ p̂2

2m

∣∣∣2lh̄k
〉
− ṽ(t)

〈
2jh̄k| p̂|2lh̄k

〉
− h̄Ω

2

[〈
2jh̄k

∣∣∣ exp [2ikẑ]
∣∣∣2lh̄k

〉
+
〈

2jh̄k
∣∣∣ exp [−2ikẑ]

∣∣∣2lh̄k
〉]

,

=
[ (2lh̄k)2

2m
− ṽ(t)2lh̄k

]
δjl −

h̄Ω(t)
2

[
δj,l+1 + δj,l−1

]
. (117)
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En notant que ωr =
h̄k2

2m = kvr
2 , l’équation (117) se réécrit :

H̃ji = 4h̄ωr

[(
l2 − l

ṽ
vr

)
δj,l −

Ω(t)
8ωr

(
δj,l+1 + δj,l−1

)]
,

= 4h̄ωr

[(
l2 − l

ṽ
vr

)
δj,l − γ(t)

(
δj,l+1 + δj,l−1

)]
. (118)

avec :

γ(t) =
Ω(t)
8ωr

, (119)

la pulsation de Rabi à deux photons adimensionnée.
Le système d’équations différentielles (116) se met alors sous la forme :

ih̄



...
dA−2

dt
...

dA0
dt
...

dA2
dt
...


= 4h̄ωr



. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . .
−γ(t) 4 + 2 ṽ(t)

vr
−γ(t) 0 0 0 0

... . . . . . . . . . . . . . . . ...
0 0 −γ(t) 0 −γ(t) 0 0
... . . . . . . . . . . . . . . . ...
0 0 0 0 −γ(t) 4 − 2 ṽ(t)

vr
−γ(t)

. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . .





...
A−2

...
A0
...

A2
...


(120)

Nous considérons une transition à 2n photons qui couple de façon résonante
les états |0h̄k⟩ et |2nh̄k⟩. Ces deux états sont appelés états de Bragg. Les états
d’impulsions intermédiaires |2lh̄k⟩ compris entre les deux états de Bragg sont
appelés états intérieurs. Par opposition les états situés de part et d’autre des états
de Bragg sont appelés états extérieurs. Pour résoudre numériquement le système
d’équations, nous gardons tous les états intérieurs et nous tronquons la base
telle que 2m états extérieurs (m < |0h̄k⟩ et m > |2nh̄k⟩) entourant les deux états
de Bragg sont considérés. Dans cette base, la fonction d’onde (115) se met sous
la forme :

|Ψ⟩ =
l=n+m

∑
l=−m

Al|2lh̄k⟩, (121)
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et l’hamiltonien (118) s’écrit alors 1 :

H(t) = 4h̄ωr



δ−m γ(t) 0 . . . . . . . . . 0

γ(t) . . . . . . . . . . . . . . . ...

0 . . . 0 . . . . . . . . . ...
... . . . . . . . . . . . . . . . ...
... . . . . . . . . . δn

. . . 0
... . . . . . . . . . . . . . . . γ(t)
0 . . . . . . . . . 0 γ(t) δn+m


. (122)

Les termes diagonaux s’écrivent comme δl = l2 − lṽ(t)/vr : ils dépendent de
l’énergie cinétique des atomes (terme en l2) et de la vitesse ṽ(t)(t) adimensionée
du réseau par rapport aux atomes en chute libre. Dans le cas où les atomes ont
une vitesse initiale v0 (dans la direction du réseau), cette vitesse s’écrit (112) :

ṽ(t) =
1
2k

dΦ(t)(t)
dt + gt − v0

vr
,

=
∆ω(t)

4ωr
+

(gt − v0)

vr
. (123)

Condition de résonance

Pour réaliser une transition de Bragg efficace, il faut que l’écart en énergie
entre les deux états |p0⟩ et |p0 + 2nh̄k⟩ et la différence d’énergie entre les deux
faisceaux laser nh̄∆ω(t) soit égale pendant toute la durée de l’interaction avec
le réseau. Cela revient à annuler le terme diagonal δn dans (122). Dans notre
expérience les atomes sont en chute libre, la différence de fréquence laser doit
donc être ajustée pour satisfaire la condition de résonance à chaque instant.
Nous écrivons cette différence de fréquence :

∆ω(t) = ω0 + αt, (124)

avec α = −2kg ∼ 2π × (25 MHz/s), où k = 2π/780 nm est la pente de la dérive
de fréquence permettant de compenser l’accélération gravitationelle.

1. Nous faisons le changement de variable : −γ(t) = γ(t).
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Le terme constant ω0 tient compte de l’impulsion initiale p0 des atomes et
définit la condition de Bragg pour un ordre n de diffraction. Il s’écrit comme :

ω0 =
1

nh̄

(
|p0 + 2nh̄k|2

2M
−

p2
0

2M

)
,

= 4nωr + 2ωd , (125)

avec ωd = kv0 la pulsation Doppler.
La condition de résonance est assurée lorsque :

∆ω − ω0 = 0,

⇒ ∆ω = 4nωr + 2ωd. (126)

Régime de Raman-Nath et régime de Bragg

Les modèles théoriques traitant de la diffraction par un réseau optique ont
permis de mettre en avant deux cas limites avec des impulsions rectangu-
laires qui se distinguent par le temps d’interaction avec le réseau ainsi que
son intensité : le régime de Raman-Nath [Gould et al., 1986] [Rasel et al., 1995]
[Dubetsky and Berman, 2001] et le régime de Bragg [Giltner et al., 1995]
[Martin et al., 1988]. Une description de ces deux régimes peut être trouvée
dans [Champenois et al., 2001], nous en résumons ici les idées principales :

— L’approximation de Raman-Nath consiste à négliger la dynamique des
états externes dans le potentiel périodique. Pour cela, le temps d’inter-
action doit être petit devant la période d’oscillation dans les puits de
potentiel du réseau tel que τ ≪ 1/(8ωr

√
|γ|). Une autre façon de voir

cette approximation est de considérer la largeur spectrale de l’impulsion
∆E grande par rapport à la différence d’énergie entre l’état initial et l’état
cible (∆E∆τ ≥ h̄/2). Par conséquent, le régime de Raman-Nath couple
une multitude d’états d’impulsion (fig 32a) pouvant créer plusieurs che-
mins interférométriques.

— Le régime de Bragg correspond à la limite de faibles potentiels |γ| ≪ 1.
Ce régime perturbatif couple uniquement les deux états de Bragg. Pour
cela, il faut que la largeur spectrale d’une transition à deux photons ∆E ∼
h̄Ω soit petite devant la différence d’énergie entre deux états d’impulsion
4h̄(n + 1)ωr. A l’ordre n = 1 (∆E ≪ 8h̄ωr), la transition est résonante
uniquement avec les états | f , p0⟩ et | f , p0 + 2h̄k⟩ (fig 32b) et le système
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Figure 32 – Transitions à deux photons dans les deux cas limites : a) régime de Raman-
Nath tel que τ ≪ (1/(8ωr

√
|γ|) et b) régime de Bragg tel que |γ| ≪ 1. c) Le régime de

quasi-Bragg est un régime intermédiaire entre le régime de Raman-Nath et et le régime
de Bragg.

se ramène alors à un système à deux niveaux effectifs tel que celui
décrit dans le chapitre 1. Le régime de Bragg permet donc d’effectuer
des transitions d’un état | f , p0⟩ à | f , p0 + 2h̄k⟩ sans peupler d’autres
états d’impulsion. Pour des ordres n de diffraction élevés, la condition
4(n + 1)ωr > Ω implique une pulsation Ω très petite, et donc une
pulsation effective Ωeff [Müller et al., 2008a] très petite, ce qui requiert
de très longs temps d’interaction et limite son utilisation en pratique.
A titre d’exemple, l’ordre de diffraction n = 3 nécessite une durée
d’interaction de plusieurs centaines de micro-secondes.

Pour les raisons mentionnées précédemment, ces deux régimes (Raman-Nath
et Bragg) ne permettent pas d’atteindre expérimentalement des efficacités de
diffraction suffisantes pour la réalisation d’interféromètres à grands transferts
d’impulsion. La plupart des expériences sont donc effectuées dans un régime
intermédiaire [Müller et al., 2008a], appelé régime de quasi-Bragg (fig 32c).
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3.1.2 Régime de quasi-Bragg

Les interféromètres utilisant des impulsions de Bragg pour la réalisation
de grands transferts d’impulsion opèrent principalement dans le régime de
quasi-Bragg [Parker et al., 2018], [Müller et al., 2009], [McDonald et al., 2013]
[Gebbe et al., 2021], [Plotkin-Swing et al., 2018] [Chiow et al., 2011],
[Ahlers et al., 2016]. En effet, ce régime permet d’obtenir de très bonnes ef-
ficacités de diffraction tout en conservant des paramètres accessibles expé-
rimentalement (durée d’interaction, puissance laser). En utilisant un façon-
nage temporel suffisamment adiabatique, (e.g. des impulsions gaussiennes
[Müller et al., 2008a] [Keller et al., 1999]), le régime de quasi-Bragg permet, tout
comme la diffraction de Bragg idéale, de ne peupler principalement que deux
états d’impulsion à la fin de l’interaction avec le réseau et de limiter ainsi les
pertes dans les états non-voulus. Ces états non-voulus peuvent être associés à des
pertes Landau-Zener (LZ). En effet, le régime de Bragg peut être décrit par une
propagation dans les états de Bloch |0,±h̄k⟩. Une évolution non-adiabatique
entraîne un couplage interbandes, menant à des pertes LZ. Une description
détaillée de ces effets peut être trouvée dans [Siemß et al., 2022].

Notre expérience fonctionne dans ce régime intermédiaire pour lequel une
modélisation numérique est nécessaire afin de décrire les observations expéri-
mentales.

Résolution numérique

Nous étudions l’évolution du système dans le régime de quasi-Bragg en résol-
vant numériquement l’équation de Schrödinger à partir de l’hamiltonien (122).
Les populations de chaque état d’impulsion sont calculées à partir du carré des
amplitudes complexes telles que Pl = A2

l (115).
L’enveloppe temporelle de l’interaction avec le réseau est de forme gaussienne
et est paramétrisée par :

γ(t) = γmax exp
(
− t2

2σ2

)
, (127)

où γmax est l’amplitude de l’impulsion gaussienne de durée caractéristique σ

que l’on définit numériquement sur un intervalle de −5σ à +5σ.
Dans la suite de ce chapitre, l’amplitude du réseau est exprimée en unité adi-
mensionnée : γmax = Ωmax

8ωr
, avec 8ωr ≃ 1.9 × 105 rad/s, et la durée d’interaction
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Figure 33 – Etude numérique de l’évolution des populations pendant une interaction
avec le réseau dont l’enveloppe temporelle est une gaussienne de largeur σ (courbe
noire) à l’ordre n = 3 dans le régime de quasi-Bragg (a) et le régime de Bragg (b). Les
paramètres sont ajustés de façon à réaliser un parfait miroir dans chacun des deux
régimes : γmax = 3.3 dans le régime de quasi-Bragg et γmax = 0.5 dans le régime de
Bragg. La dynamique dans le régime de quasi-Bragg se caractérise par une oscillation
dans les états non-voulus qui interfèrent destructivement, permettant ainsi de ne coupler
que les deux états de Bragg à la fin de l’impulsion. A l’inverse, seul les deux états de
Bragg sont couplés dans le régime de Bragg, que ce soit pendant ou après l’interaction
avec le réseau.

avec le réseau σ en unité d’inverse de la fréquence de recul : 1
ωr

≃ 42 µs.

La figure 33 illustre l’évolution temporelle de la population dans les différents
états d’impulsion pendant une impulsion gaussienne d’ordre n = 3, dans le
régime de quasi-Bragg (fig 33a) et dans le régime de Bragg (fig 33b). Les para-
mètres de l’impulsion sont ajustés afin de réaliser un transfert parfait à la fin
de l’impulsion. Cela correspond à γmax = 3.3 pour le régime de quasi-Bragg et
γmax = 0.5 pour le régime de Bragg.

Pendant l’interaction avec le réseau, la dynamique complexe dans le régime de
quasi-Bragg se caractérise par une oscillation dans les états non-voulus. Cette
oscillation dépend de la largeur σ de l’impulsion, de sa forme temporelle, et
de son amplitude γmax. A la fin de l’impulsion, ces états non-voulus interfèrent
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Figure 34 – a) Oscillations de Rabi à l’ordre n = 6 pour différents nombres d’états
extérieurs pris en compte dans la simulation. Les simulations numériques sont compa-
rées aux valeurs expérimentales (carrés noirs dont les barres d’erreur représentent la
dispersion statistique sur cinq mesures.) La ligne en pointillés mauve (respectivement
bleue claire) est le résultat de la simulation pour m = 0 (respectivement m = 1). La
courbe bleu foncée est résultat de la simulation pour m = 2 qui est en accord avec
les données expérimentales. La superposition de la simulation pour m = 3 (points
bleus) indique la convergence de la simulation. b) Nombre minimal d’états extérieurs
nécessaire pour capturer la dynamique dans le régime de quasi-Bragg en fonction de
l’ordre n de diffraction. Les points noirs sont les résultats de tests de convergence, la
courbe en bleue est le résultat de la fonction m0 (129) et la courbe bleue claire le résultat
de la fonction analytique (130).

destructivement : seuls les deux états de Bragg sont peuplés, ce qui permet d’ob-
tenir une efficacité de 100% dans l’état cible (i.e. l’état |2nh̄k⟩). Cette dynamique
complexe pendant l’interaction avec le réseau est la signature du régime de
quasi-Bragg. A l’inverse, le régime de Bragg permet de ne coupler que les deux
états de Bragg, aussi bien à la fin de l’impulsion que pendant l’impulsion. La
probabilité de peupler un de ces états dépend de la phase de Rabi accumulée
durant l’interaction et est caractérisée par une oscillation de Rabi entre ces deux
états (chapitre 1).

Critère de convergence numérique

La dynamique complexe dans le régime de quasi-Bragg nécessite de prendre
en compte des états supplémentaires en plus des deux états de Bragg dans
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la description du système. Dans notre simulation numérique, tous les états
intérieurs sont considérés. Nous nous intéressons alors au nombre total d’états
extérieurs m nécessaires à prendre en compte pour capturer la dynamique du
régime de quasi-Bragg. Ce nombre est directement lié à la largeur spectrale de
l’impulsion : il dépend donc de sa durée σ, de son amplitude γmax et de l’ordre
de diffraction n. Afin de mettre en avant l’importance de ce nombre, nous
comparons l’évolution de la probabilité de diffraction au cours d’une oscillation
de Rabi à l’ordre n = 6 pour plusieurs valeurs d’états extérieurs considérés
dans la simulation numérique et nous les comparons à une oscillation de Rabi
obtenue expérimentalement (fig 34a). Pour m = 0, (i.e. la base de calcul (122)
ne contient que les deux états de Bragg et les états intérieurs) le résultat de la
simulation numérique mène de manière évidente à une fausse estimation de la
fréquence d’oscillation de la population. En considérant 2 états extérieurs (m = 1),
l’accord avec les données expérimentales augmente, la dynamique observée
étant finalement reproduite en considérant au moins m = 2 états extérieurs. La
superposition des courbes pour m = 2 et m = 3 confirme la convergence de la
simulation numérique.

Pour capturer toute la dynamique du système dans le régime de quasi-Bragg, il
faut donc s’assurer de considérer un nombre suffisant d’états extérieurs. Le temps
de calcul augmentant très rapidement avec l’ordre de diffraction, nous avons
cherché à établir un critère donnant le nombre minimal m0 d’états extérieurs à
considérer dans la simulation numérique afin de bien reproduire la dynamique
du système dans le régime de quasi-Bragg.
La détermination de ce critère repose sur le fait que tous les états |2lh̄k⟩ entre les
deux états de Bragg sont pris en compte dans la simulation numérique. En notant
h̄δmax l’écart maximal en énergie entre les états intérieurs, nous considérons tous
les états extérieurs ayant au moins cet écart en énergie.
Lorsque la condition de Bragg est réalisée pour un ordre n de diffraction, le
désaccord maximal en énergie pour les états intérieurs est :

δmax =

{
|δn/2| = n2/4 si n est pair,
|δ(n−1)/2| = (n2 − 1)/4 si n est impair. (128)

En résolvant l’égalité (128) et en arrondissant au nombre entier supérieur, nous
déterminons m0 :

m0 =


⌈

1
2 n
(√

2 − 1
)⌉

si n est pair,

⌈
1
2 n
(√

2 − 1
n2 − 1

)⌉
si n est impair,

(129)
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où ⌈x⌉ est la fonction ceil arrondissant à l’entier supérieur.

En pratique, pour n > 3, le terme en 1/n2 devient négligeable, nous considérons
donc m0 =

⌈
1
2 n
(√

2 − 1
)⌉

comme limite inférieure sur le nombre m d’états
à considérer. Cette limite est ensuite comparée à un test de convergence du
modèle numérique pour plusieurs valeurs de m. Pour cela, nous étudions la
variation de la pulsation de Rabi à deux photons γmax choisie pour réaliser un
transfert parfait (i.e. > 99% avec la durée d’impulsion σ la plus faible possible)
en fonction de m, et nous en déduisons le nombre mc à partir duquel la valeur
de la pulsation de Rabi n’évolue plus, i.e. qui indique une convergence de la
simulation numérique.
La figure 34b montre la comparaison entre les valeurs de mc (points noirs)
et le critère m0 (129) déterminé analytiquement pour différentes valeurs de n
(courbe bleue). Le nombre minimal d’états externes à prendre en compte est
bien décrit par le critère m0 jusqu’à l’ordre n ≃ 10. Ce critère n’est plus pertinent
pour des ordres de diffraction plus élevés. Nous déterminons alors un critère
memp

0 incluant un terme en n2 permettant d’assurer la convergence du modèle
numérique, même pour des ordres de diffraction très élevés :

memp
0 = ⌈0.5n(

√
2 − 1) + 1 + An2⌉, (130)

où A ≃ 2 × 10−3 est déterminée à partir d’un ajustement des points obtenus
par un test de convergence.
La figure 34b montre l’évolution de memp

0 (courbe bleue claire) en fonction de
l’ordre de diffraction à partir de la fonction analytique (130). L’accord avec les
tests de convergence réalisés pour chacun de ces ordres de diffraction permet
alors d’estimer le nombre minimal d’états extérieurs à prendre en compte pour
capturer la dynamique du régime de quasi-Bragg. Cette étude montre la né-
cessité d’inclure au moins deux états externes (m > 1) pour capturer tout la
dynamique du régime de quasi-Bragg.

Ce critère est basé sur un argument énergétique, sans tenir compte de la
dispersion en vitesse de la source d’atomes, il permet simplement de donner
une limite inférieure sur le nombre d’états extérieurs afin de reproduire la
dynamique du système.
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3.1.3 Interactions courtes et longues dans le régime de quasi-
Bragg

Dans le régime de Bragg, la dynamique du système est parfaitement décrite
par celle d’un système à deux niveaux effectifs : en changeant la durée de
l’impulsion, il est possible de réaliser une oscillation de Rabi entre les deux états
de Bragg |0h̄k⟩ et |2nh̄k⟩. Cette dynamique est néanmoins plus complexe dans le
régime de quasi-Bragg puisque des états supplémentaires interviennent dans
l’évolution du système.
La figure 35a montre l’évolution de la population dans les différents états d’im-
pulsion au cours d’une oscillation de Rabi pour différentes durées σ d’impulsion
gaussienne dans le régime de quasi-Bragg à l’ordre n = 3. Les populations
sont calculées en fin d’impulsion. Nous reportons les résultats de la simulation
numérique (courbes noire et pointillés) ainsi que ceux traitant d’un modèle
d’atome à deux niveaux, i.e. sans perte LZ (points bleus). Deux sous-régimes
sont mis en évidence :

— Le régime des interactions courtes (IC), pour lequel la population dans
les états non-voulus est non-négligeable et l’oscillation de Rabi entre les
deux états de Bragg alors déformée par les pertes LZ. Il est néanmoins
intéressant de noter que dans ce sous-régime, la population dans les états
non-voulus s’approche de zéro pour des valeurs spécifiques de σ. Cette
annulation offre l’opportunité de choisir expérimentalement des para-
mètres d’impulsion qui exploitent la suppression de ces pertes afin de
maximiser l’efficacité de diffraction, i.e. la probabilité d’atomes transférés
dans l’état |2nh̄k⟩.

— Le régime des interactions longues (IL), pour lequel les oscillations de
la population dans les états non-voulus s’amortissent pour devenir né-
gligeables, permettant ainsi de retrouver une dynamique d’oscillation
des populations entre les deux états de Bragg, et ce bien que les états
non-voulus soient peuplés de manière transitoire pendant l’interaction
avec le réseau (fig 33).

Notons que dans chacun de ces sous-régimes, nous conservons une trace de la
phase de Rabi φR définie par le système à deux niveaux effectifs tels que les
maxima d’efficacité de diffraction dans l’état |2nh̄k⟩ sont toujours définis pour
φR = (2j + 1)π, avec j ∈ N.
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Figure 35 – Simulations numériques à l’ordre n = 3 dans le régime de quasi-Bragg
pour γmax = 3.3. a) Evolution des populations dans les différents états d’impulsion à la
fin d’une impulsion gaussienne de durée σ. La courbe noire représente la population P3

dans l’état |6h̄k⟩ et les courbes en pointillés la population dans les états non-voulus. Cette
population est non-négligeable dans le sous régime IC, ce qui a pour conséquence de
déformer l’oscillation de Rabi entre les deux états de Bragg. Pour un temps d’interaction
suffisamment long, i.e. dans le sous-régime IL, on retrouve une dynamique d’un
système à deux niveaux, les résultats de la simulation numérique se superposant au
résultat d’un calcul d’un système à deux niveaux effectifs (points bleus). b) Racine carrée
des pertes LZ pour un intervalle de durées d’impulsion entre 0.42 ω−1

r et 0.57 ω−1
r . c)

Evolution de la phase de diffraction en fonction de la durée de l’impulsion σ. Les deux
lignes grises en pointillés indiquent une phase constante de ±π/2, elles correspondent
aux deux valeurs que prend la phase de diffraction "triviale" dans le régime IL. d) Phase
de diffraction non triviale Φd = π/2 − Φ pour un intervalle de durées d’impulsion
entre 0.42 ω−1

r et 0.57 ω−1
r . Un minimum de la population des pertes LZ (b) coïncide

avec un minimum de phase de diffraction.
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Figure 36 – Somme des des populations dans les deux états de Bragg P0 et P3 à l’ordre
n = 3 calculée sur une cartographie σ − γmax. La ligne en pointillés noire matérialise la
frontière entre les deux sous-régimes. La ligne bleue claire correspond à l’oscillation de
Rabi représentée à la figure 35a pour γmax = 3.3.

La frontière entre les sous-régimes IC et IL est illustrée sur la figure 36, elle
indique la fraction de la population dans les deux états de Bragg en fonction
de {σ − γmax} à l’ordre n = 3. Le régime IL est défini pour des durées d’in-
teraction de plus en plus grandes à mesure que l’amplitude γmax augmente,
cette évolution conforte l’image intuitive que la largeur spectrale de l’impulsion
augmente en fonction de γmax et doit ainsi être compensée par une impulsion
de largeur σ plus importante afin de maintenir l’adiabaticité de l’impulsion et
ne peupler que les deux états de Bragg à la fin de l’interaction avec le réseau.

Phase de diffraction

L’efficacité de diffraction n’est pas le seul paramètre à considérer lors de l’utili-
sation de la diffraction de quasi-Bragg à des fins interférométriques. Comme
nous l’avons vu au chapitre 1, une phase de diffraction Φ est imprimée sur
l’onde diffractée à chaque interaction avec le champ laser et nécéssite d’être
contrôlée pour les mesures interferométriques.
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La figure 35c montre l’évolution de cette phase (obtenue numériquement en
prenant la différence des arguments des amplitudes complexes des deux états
de Bragg à la fin de l’impulsion), en fonction de la durée de l’impulsion. Dans
le sous-régime IL, la phase de diffraction oscille entre ±π/2 [2π] pour chaque
inversion de population, comme attendu pour un système à deux niveaux. Cette
dynamique est en accord avec la dynamique observée sur la figure 35a où un
calcul à deux niveaux permet de retranscrire l’évolution des populations dans
le sous-régime IL. L’évolution de cette phase est néanmoins plus complexe
dans le sous-régime IC et met en avant le lien entre phase de diffraction et
pertes LZ [Müller et al., 2008a], [Siemß et al., 2020]. Dans leur article, Müller et
al. [Müller et al., 2008a] montrent qu’une phase de diffraction supplémentaire
Φd est corrélée aux pertes LZ telle que Φd ≤

√
PLZ, où Φd correspond à la phase

de diffraction à laquelle on retranche la phase de diffraction "triviale" ±π/2 tel
que Φd = Φ ± π/2.
Les figures 35b et 35d représentent respectivement la racine carrée des pertes et
la phase de diffraction Φd à la frontière entre le régime IC et le régime IL. Dans
cet intervalle, Φd ≃

√
PLZ/3, ce qui précise l’inégalité de [Müller et al., 2008a].

La phase de diffraction suit la même dynamique que celle des pertes LZ et
confirme qu’un minimum de la population dans les états non-voulus, i.e. les
pertes LZ, coïncide avec un minimum de phase de diffraction.

3.1.4 Influence de la dispersion en vitesse

Afin de reproduire au mieux nos données expérimentales, la dispersion en
vitesse de la source d’atomes doit être prise en compte dans nos simulations
numériques. Cela revient à ajouter à la vitesse du réseau ṽ(t) une vitesse
aléatoire δṽ distribuée dans une gaussienne :

ρ(δṽ) =
1√

2πσṽ
exp

[
− δṽ2

2σ2
ṽ

]
, (131)

où σṽ représente la dispersion en vitesse adimensionnée.

Le système d’équations différentielles (122) est résolu pour chaque classe de
vitesse δṽ et la population associée Pl(δṽ) pondérée par la fonction de distribu-
tion ρ(δṽ) pour obtenir la population moyenne dans chaque état d’impulsion
l :

P̄l =
∫ 5σṽ

−5σṽ

ρ(δṽ)P(δṽ)dδṽ. (132)
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Figure 37 – Etude numérique de la population P3 de l’état diffracté |6h̄k⟩ dans le
régime quasi-Bragg. La simulation tient compte d’une dispersion en vitesse de 30
nK, i.e. 1.8 mm/s. Figure de droite : représentation de la population P3 pour une
cartographie σ − γmax. Les lignes en pointillées indiquent les maximum locaux associés
aux différentes phases de Rabi π [2π]. La ligne bleue claire correspond à l’oscillation
de Rabi représentée à la figure 35a pour γmax = 3.3 et une dispersion en vitesse de 30
nK. Figure de gauche : population P3 représentée en fonction de σ le long des lignes de
maximum local, i.e. une phase de Rabi tel que : φR = π (courbe bleue foncée), φR = 3π

(courbe rouge) et φR = 5π (courbe bleue claire). L’efficacité de diffraction est optimale
(compte tenu de la dispersion en vitesse initiale) pour un couple {σ − γmax}opt défini
pour φR ≥ 3π. Pour une dispersion en vitesse de 1.8 mm/s, cet optimum correspond à
une efficacité de diffraction de 72 %.
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La dispersion en vitesse du nuage d’atomes réduit l’efficacité de diffraction. En
effet, chaque classe de vitesse satisfait plus ou moins la condition de Bragg (126)
et oscille donc à une fréquence de Rabi différente. Par conséquent, l’oscillation
de Rabi moyenne s’amortit et la probabilité maximale de diffraction dans |2nh̄k⟩
(ligne bleue fig 37) est diminuée.

Compromis entre sous-régimes IC et IL

Afin de maximiser l’efficacité de diffraction, nous cherchons le meilleur com-
promis sur la durée et l’amplitude de l’impulsion pour minimiser : i) les pertes
LZ (régime IC) et ii) la perte d’efficacité de diffraction liée à la sélectivité en
vitesse (régime IL).

La figure 37 (partie droite) représente la population P3 dans l’état de Bragg
|6h̄k⟩ en fonction de {σ − γmax}. Pour chaque couple {σ − γmax}, la population
atteint un maximum local lorsque la phase de Rabi φR associée est propor-
tionnelle à des multiples impairs de π, i.e. φR = π, 3π ... (traits pointillés
noirs). Pour une valeur de γmax donnée, e.g. γmax = 3.3 (ligne bleue fig 37), la
meilleure efficacité de diffraction est atteinte pour φR = 3π (σ ≃ 0.4 ω−1

r ) : la
phase de Rabi φR = π (respectivement φR = 5π) étant limitée par les pertes LZ
(respectivement la sélectivité en vitesse).

La partie gauche de la figure 37 montre l’évolution du maximum local de la
population P3 pour chaque phase de Rabi. Les différents couples {σ − γmax}opt
optimum (i.e. le maximum pour une phase de Rabi φR = π, 3π...) donnent une
efficacité de diffraction maximale sensiblement équivalente à partir de φR = 3π.
Il résulte alors du compromis entre pertes LZ et sélectivité en vitesse une effica-
cité de diffraction optimale ne dépendant pas de la phase de Rabi utilisée. Dans
le cas n = 3 et pour une dispersion en vitesse de 30 nK, le couple optimum
permet d’obtenir une efficacité maximale de l’ordre de 70%. Ce compromis est at-
teint dès σ ≃ 0.4 ω−1

r , correspondant à la phase de Rabi φR = 3π. Considérer la
phase de Rabi suivante φR = 5π (qui donne une efficacité de diffraction équiva-
lente) est de nature à augmenter des effets indésirables tels que l’émission spon-
tanée ou encore les phases liées aux effets de déplacements lumineux. La plupart
des expériences présentées dans ce chapitre sont réalisées pour le couple opti-
mum {σ = 0.42 ω−1

r (≃ 18µs)− γmax = 3.3 (≃ 26.5 × 2π × 3800 rad/s)}opt.
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Conclusion (3.1)

Dans cette partie, nous avons présenté le régime de quasi-Bragg. Deux
sous-régimes d’interaction ont été mis en évidence : i) celui des inter-
actions courtes (IC) pour lequel la population dans les états non-voulus
(pertes LZ) est non-négligeable, et ii) le régime des interactions longues
(IL), pour lequel les populations dans les états non-voulus deviennent
négligeables, permettant de retrouver une oscillation des populations des
deux états de Bragg à la fin de l’interaction. Nous avons également étudié
numériquement la durée d’interaction et la profondeur du réseau qui
optimisent l’efficacité de diffraction. Cet optimum se situe à la frontière
entre le sous-régime IC, limité par les pertes LZ, et le sous-régime IL
limité par la sélectivité en vitesse. Cette étude théorique nous permet de
mieux caractériser les données expérimentales obtenues dans le régime
de quasi-Bragg.

3.2 Dispositif expérimental

Le réseau optique est réalisé à partir d’un laser fibré à 1560 nm de la marque
Keopsys 2. Un cristal non linéaire est utilisé pour doubler la fréquence de ce
laser ([Bordoux, 2019]) afin d’obtenir 3 W à 780 nm désaccordés de ∆ = 11 GHz
de la transition |5S1/2⟩ → |5P3/2⟩. Afin de contrôler ce désaccord, la fréquence
de ce laser est comparée par battement avec un laser de référence asservi sur
une fréquence proche de la transition |F = 2⟩ → |F′ = 3⟩ (fig 38).

Les deux faisceaux formant le réseau sont créés à partir de deux modulateurs
acousto-optiques (AOM) AO1 et AO2 (fig 38) MT220-B100A0 de la marque
AA Opto Electronic pilotés par deux générateurs RF de fonctions arbitraires
de la marque Keysight, cadencés par la même horloge à 10 MHz. Le décalage
en fréquence servant à assurer la condition de résonance pour la diffraction
de Bragg est réalisé grâce à un double passage dans ces deux AOMs : cette
configuration présente l’avantage de s’affranchir des déviations accompagnant
les changements de fréquence. Après leur passage dans les AOMs, les faisceaux
1 et 2 sont recombinés sur un cube polarisant afin d’être injectés en polarisations
rectilignes croisées sur les axes propres d’une fibre vers le banc principal (fig 38).

2. Ce piège sert aussi à créer le piège dimple. (chapitre 2)
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Figure 38 – Schéma du banc de Bragg. La lumière à 780 nm est crée par le doublage
en fréquence d’un laser fibré à 1560 nm. Les deux faisceaux formant le réseau de
diffraction sont créés à partir de deux AOMs 1 et 2 qui permettent de générer les
rampes de fréquence nécessaires à la réalisation des transitions de Bragg. Après double
passage dans chacun des AOMs, les faisceaux 1 et 2 sont recombinés sur un cube
polarisant afin d’être injectés en polarisations rectilignes croisées sur sur les axes
propres d’une fibre et être envoyés vers le banc principal.
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Figure 39 – a) Schéma de la mise en forme du faisceau formant le réseau optique
permettant d’obtenir un waist sur les atomes w0 = 4.1 mm. L’A03 permet de contrôler
l’amplitude du réseau afin de façonner l’enveloppe temporelle des impulsions. b) Réseau
de Bragg en configuration verticale rétro-réfléchie : deux réseaux de vitesses ±∆ω/2k et
de phases opposées sont alors formés par les paires σ+/σ++ et σ−/σ−.

Nous obtenons après double passage dans chacun des AOMs environ 150 mW
dans chacune des fréquences en sortie de fibre. Un autre AOM MT80-B100A0

(A03, voir fig 39a) est également utilisé, il permet de contrôler l’amplitude du
réseau afin de façonner l’enveloppe temporelle des impulsions. Le faisceau
est ensuite mis en forme à l’aide de deux télescopes pour obtenir un waist
w0 = 4.1 mm sur les atomes (fig 39a).

3.2.1 Configuration verticale rétro-réfléchie

Le réseau que nous utilisons pour la diffraction de Bragg est en configuration
verticale rétro-réfléchie. Cette configuration présente l’avantage de réduire en
partie le bruit de phase de l’interféromètre, puisque la plupart des effets de
vibration (à l’exception des vibrations du miroir) sont communs aux deux
faisceaux formant le réseau. Pour cela, les polarisations des faisceaux 1 et 2
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Figure 40 – Détermination expérimentale de l’accélération de la pesanteur pour plu-
sieurs durées d’interféromètre : 2T = 2 ms (courbe bleue), 2T = 6 ms (courbe bleue
claire) et 2T = 10 ms (courbe bleue foncée). Un minimum global est trouvé pour une
rampe de compensation de la gravité correspondant à g′ = 9.8017 m/s2.

en sortie de fibre sont transformées, après un premier passage à travers une
lame quart d’onde, en polarisation circulaire σ+ et σ− (fig 39b). Après passage
à travers une seconde lame quart d’onde et rétro-réflexion, ces polarisations
sont inversées pour devenir respectivement σ− et σ+ (fig 39b). Deux réseaux de
vitesses ±∆ω/2k et de phases opposées sont alors formés par les paires σ+/σ+

et σ−/σ−. Pour une condition de Bragg donnée, un des deux réseaux diffracte
les atomes dans la direction opposée à g tandis que l’autre réseau diffracte les
atomes dans la direction de g. Pour une vitesse v0 des atomes au moment de
l’impulsion suffisamment grande, i.e. v0 ≫ vr, seul un des deux réseaux est
résonant avec la condition de Bragg (126), et l’autre réseau est non-résonant par
effet Doppler. En pratique, une vitesse suffisante est atteinte après une chute
libre pendant un temps TDop tel que v0 = −gTDop. Pour maintenir la condition
de résonance durant toute la chute libre, on applique un rampe de fréquence
∆ω(t) = ω0 + αt, où α = −2kg (124).

3.2.2 Verticalité du réseau

Bien que l’objectif ne soit pas de faire un gravimètre, nos expériences d’interfé-
rométrie nécessitent un bon alignement avec la direction verticale. En effet, il
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faut que pendant toute la durée de l’interféromètre où ils sont en chute libre,
les atomes voient la même intensité laser afin de conserver la même efficacité
de diffraction et également ne pas intégrer une phase de diffraction importante.

L’alignement initial du réseau se fait à partir d’un miroir liquide, qui nous
permet de superposer le bras réfléchi sur le bras incident dans la direction de la
gravité. Une fois cet alignement réalisé, nous vérifions la projection du réseau
par rapport à la gravité en réalisant un interféromètre de Mach-Zehnder pour
lequel nous mesurons la population en sortie d’interféromètre pour différentes
valeurs de rampe α = −2k.g compensant l’accélération gravitationelle. Nous
répétons ensuite cette expérience pour plusieurs durées 2T d’interféromètre.
Un minimum global des franges d’interférences (appelé frange noire) apparaît,
indépendamment de la durée 2T de l’interféromètre (fig 40), lorsque la condi-
tion : g +

α

2k
= 0 est remplie (avec k le vecteur d’onde effectif du réseau). La

figure 40 indique un minimum mesuré à g′ = 9.8017 m/s2, pour une valeur
de la gravité à Toulouse g = 9.8043 m/s2 [Pajot and Dupont, ], correspondant
à un angle entre notre réseau et la verticale d’environ 1◦, ce qui n’est pas une
limite pour les expériences présentées dans ce chapitre.

3.2.3 Détection par état d’impulsion

La mise en place de ce réseau optique permet de réaliser les expériences de
diffraction et d’interférométrie. Pour ces expériences, les atomes sont détectés
par fluorescence avec le même système que celui présenté au chapitre 2. Les
populations dans chacun des états d’impulsion sont mesurées après un temps
de vol Td de l’ordre de 20 ms permettant d’obtenir une séparation spatiale de
2vrTd ∼ 230 µm, pour des états séparés de 2 h̄k. Cette séparation est supérieure
à la taille du nuage atomique qui est d’environ 60 µm, ce qui permet d’imager
spatialement chacun des états d’impulsion (fig 41a). Les images sont intégrées le
long de la direction transverse au réseau de diffraction, et les profils de densités
résultants ajustés par des gaussiennes centrées sur les positions des différents
états d’impulsion (fig 41b). La population relative Pl dans chacun de ces états
est ensuite calculée en faisant le rapport par le nombre total d’atomes mesurés
(i.e. dans les deux états de Bragg et les états non-voulus) tel que :

P|2lh̄k⟩ =
N|2lh̄k⟩

∑n+m
j=−m N|2jh̄k⟩

. (133)
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Figure 41 – a) Moyenne de 10 images d’un nuage diffracté dans différents états
d’impulsion obtenue après un temps de vol de 20ms. b) Profil de densité intégré dans
la direction transverse au réseau. Chaque gaussienne représente un état d’impulsion.

Conclusion (3.2)

Le réseau optique que nous utilisons pour les expériences de diffraction
et d’interférométrie est réalisé à partir d’un laser à 1560nm doublé en
fréquence. Ce réseau est en configuration verticale rétro-réfléchie. Dans
cette configuration, deux réseaux de vitesse ±∆ω/2k et de phases oppo-
sées sont formés. Néanmoins pour une vitesse initiale des atomes v0 au
moment de l’impulsion suffisamment grande, i.e. v0 ≫ vr, seul un des
deux réseaux est résonant avec la condition de Bragg.

3.3 Résultats expérimentaux

Nous nous intéressons dans cette partie à l’étude expérimentale de la diffraction
de Bragg à ordre élevé dans le régime de quasi-Bragg, et nous comparons
l’accord entre nos résultats expérimentaux et nos simulations numériques.

128



CHAPITRE 3. DIFFRACTION ET INTERFÉROMÉTRIE DANS LE RÉGIME
DE QUASI-BRAGG

P!

𝜏 (𝜔"#!)

Figure 42 – Evolution de la population P1 dans l’état de Bragg |2h̄k⟩ en fonction de τ

pour une impulsion de forme rectangulaire, un désaccord ∆ = 11GHz et une puissance
P = 20mW. Chaque donnée expérimentale est le résultat d’une moyenne de 5 mesures
dont l’erreur statistique est représentée par les barres d’erreurs. La courbe en trait plein
est le résultat de la simulation numérique pour une pulsation de Rabi à deux photons
Ω = 3.5ωr calculée à partir des équations (135) et (136) pour un désaccord ∆ et une
puissance P équivalents à ceux utilisés pour l’expérience. L’accord obtenu permet de
valider notre simulation numérique ainsi que l’étalonnage de la profondeur du réseau.

3.3.1 Détermination de la profondeur du réseau

Le modèle numérique présenté à la section 3.1 ne prend en compte que deux
paramètres libres mesurés indépendamment : la dispersion en vitesse σṽ du
nuage obtenue par méthode de temps de vol (chapitre 2), et la pulsation de
Rabi à deux photons Ω = γ × 8 ωr calculée à partir de la puissance optique
mesurée dans chacun des bras du réseau. La connaissance de la pulsation de
Rabi à deux photons est un paramètre central dans la diffraction par un réseau
optique puisqu’elle dicte toute la dynamique de l’interaction. Nous présentons
dans cette section le calcul menant à sa détermination ainsi que sa vérification
expérimentale.
Comme nous l’avons vu à la section 3.1, le processus de transition à 2n photons

lors de la diffraction de Bragg permet de coupler deux états d’impulsion dans
le même état interne |Ff , mFf ⟩ à partir d’un état intermédiaire |Fe, mFe⟩ (fig 31).
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La pulsation de Rabi effective entre deux états d’impulsion est donnée par la
somme sur tous les états intermédiaires :

Ω = ∑
|e⟩

Ω2
|e⟩

2∆
, (134)

avec Ω|e⟩ la pulsation de Rabi correspondant au couplage à un photon entre
l’état intermédiaire et l’état fondamental et ∆ le désaccord par rapport à l’état
intermédiaire (fig 31).
Nous supposons un désaccord ∆ suffisamment grand ∆ ≫ Ω|e⟩ pour que le
système puisse être décrit comme un système à deux niveaux effectifs en élimi-
nant adiabatiquement l’état intermédiaire |e⟩. Dans l’approximation dipolaire,
Ω|e⟩ est proportionnel au produit de l’amplitude E0 du champ électrique par
les éléments de matrice d f ,e de l’opérateur du moment dipolaire. En utilisant
le théorème de Wigner-Eckart, nous pouvons factoriser l’élément de matrice
réduit et le coefficient de Clebsch-Gordan [Brink et al., 1993] tel que :

Ω|e⟩ =E0

√
3ϵ0λ3Γ
2π2h̄

√
(2Fe + 1)(2Fg + 1)

×
{

Je 1 Jg
Fg I Fe

}(
Fe 1 Fg

−mFe q mFg

)
, (135)

où J = L + S est le moment cinétique total et ϵ0 est la permittivité électrique du
vide.
En pratique, nous utilisons la raie D2 du 87Rb [Steck, 2003], correspondant à
une longueur d’onde λ = 780.2 nm et une largeur de raie Γ = 2π × 6.1 MHz.
La polarisation du champ électrique est donnée par les composantes standard
q = ±1, 0.

Dans notre expérience, les atomes sont préparés dans l’état fondamental (J f =
1/2, Ff = 1, mFf = 0) et le réseau optique avec une polarisation σ− (q = −1). Par
conséquent, deux états intermédiaires sont couplés : Je = 1/2, Fe = 1, mFe = −1
et Je = 1/2, Fe = 2, mFe = −1. L’amplitude du champ électrique, correspondant
à une transition à un photon, est estimée à partir de la puissance P du faisceau
gaussien de waist w0 tel que :

E0 =
2

w0

√
P

πcϵ0
. (136)
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Sur notre dispositif expérimental, la puissance optique est recyclée par rétro-
réflexion (fig 39b) et correspond à la puissance P mesurée pour chaque fréquence
ω1 et ω2.

Il est possible de déterminer Ω en mesurant la période des oscillations de Rabi
à l’ordre n = 1. Nous obtenons un très bon accord entre ce calcul et une mesure
de Ω par oscillation de Rabi (fig 42). Cet accord nous permet de modéliser la
diffraction dans des cas plus complexes, notamment pour des ordres plus élevés
où des états non-voulus interviennent dans l’évolution du système.

La section suivante présente la réalisation expérimentale de la diffraction à
ordre élevé dans le régime de quasi-Bragg ainsi que sa comparaison avec le
modèle numérique.

3.3.2 Diffraction à ordre élevé dans le régime de quasi-Bragg

Un exemple de diffraction à ordre élevé dans le régime de quasi-Bragg est illus-
tré sur la figure 43. Dans cet exemple nous mesurons la population dans chaque
état d’impulsion après une transition d’ordre n = 3, une dispersion en vitesse
σṽ = 1.8 mm/s (∼ 30 nK) et une pulsation de Rabi à deux photons γmax = 3.3
(i.e. Ω = 26.5 ωr) en fonction de la durée de l’impulsion gaussienne σ. Nous
obtenons un très bon accord entre notre expérience et notre modèle numérique,
la répartition des populations sur chacun des différents états d’impulsion (états
de Bragg (fig 43a) et états non-voulus (fig 43b et c)) étant très bien reproduite par
notre simulation numérique sans paramètre ajustable.

Comme nous l’avons vu à la section 3.1, les pertes LZ (i.e. la population dans
les états non-voulus) sont significatives pour des durées d’impulsion courtes et
s’annulent pour des plus longues durées d’interaction, ce phénomène marquant
alors la frontière entre les sous-régimes IC et IL. Pour les paramètres étudiés
ici, i.e. n = 3, γmax = 3.3 et σṽ = 1.8 mm/s, nous retrouvons cette frontière
autour de σ ≃ 0.4 ω−1

r , durée à partir de laquelle la population mesurée dans
les états intérieurs et extérieurs devient négligeable (fig 43b et c), permettant
ainsi de retrouver une dynamique d’oscillation à deux niveaux entre les deux
états de Bragg (fig 43a). Nous observons également expérimentalement l’impact
de la dispersion en vitesse de notre source d’atomes dans le sous-régime IL,
puisqu’elle tend à réduire l’amplitude de l’oscillation des deux états de Bragg
(fig 43a), la largeur spectrale de l’impulsion devenant de plus en plus faible.
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Figure 43 – Evolution des populations dans chacun des états d’impulsion pour n = 3
et γmax = 3.3 en fonction de σ pour une impulsion gaussienne. Les courbes en traits
plein sont les résultats de la simulation numérique pour σṽ = 1.8mm/s, sans paramètre
ajustable. Chaque point expérimental est la moyenne de 10 mesures dont l’erreur
statistique est représentée par les barres d’erreurs. Nous trouvons un très bon accord
entre la simulation et la répartition expérimentale des populations dans a) les états de
Bragg, b) les états intérieurs et c) les états extérieurs.

Afin de diminuer l’impact lié à cette sélectivité en vitesse, il conviendrait
de choisir une impulsion de largeur la plus faible possible, permettant ainsi
d’adresser l’ensemble de la distribution atomique. Ces impulsions très courtes
sont cependant très favorables aux pertes LZ, dont les phases de diffraction
associées peuvent dégrader les performances interférométriques (section 3.4 et
chapitre 4).

Il convient alors de réaliser un compromis sur la durée d’interaction pour
les expériences d’interférométrie. Ce compromis est déterminé à partir du
couple {σ − γmax}opt pour un ordre de diffraction donné (3.1), et dépend par-
ticulièrement de la forme de l’impulsion utilisée. Les impulsions gaussiennes
étudiées dans ce chapitre semblent être le profil le plus efficace pour des
ordres élevés dans le régime de quasi-Bragg, puisque leur enveloppe permet
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un suivi adiabatique, ce qui a alors pour conséquence de limiter les pertes
LZ [Siemß et al., 2020]. La dispersion en vitesse de 1.8 mm/s de notre source
d’atomes associée à une impulsion gaussienne nous ont permis de réaliser des
transitions jusqu’à l’ordre n = 4 dans le régime de quasi-Bragg. Nous obtenons
des efficacités d’environ 70% pour un couple {σ − γmax}opt ∀n. Pour des ordres
de diffraction plus élevés, la puissance laser disponible ne nous permet pas
d’atteindre le couple optimal.
Une diminution de la dispersion en vitesse permettrait d’obtenir des efficacités
de diffraction plus importantes dans le régime IL et donc des pertes LZ plus
faibles. Des techniques supplémentaires de refroidissement telles que le DKC
présenté dans le chapitre 2 nous ont récemment permis d’atteindre une disper-
sion en vitesse d’environ 2 nK (σṽ ∼ 0.4 mm/s). En utilisant cette technique,
des expériences préliminaires ont permis à l’ordre n = 2 et avec une impulsion
carrée, de passer d’une efficacité de diffraction de 50% (σṽ = 1.8 mm/s) à
une efficacité d’environ 85% (σṽ = 0.4 mm/s), soulignant l’importance de la
dispersion en vitesse sur l’efficacité de diffraction.

3.3.3 Efficacité de l’impulsion miroir dans les sous-régimes IC
et IL

Le régime IC donne lieu à des chemins muliples liés aux pertes LZ pouvant
déformer le signal en sortie d’interféromètre. Afin d’étudier ce phénomène,
nous comparons les performances d’une seule impulsion miroir dans les sous-
régimes IC et IL jusqu’à l’ordre n = 5 (fig 44). Pour la suite, nous appelons
impulsion IL une impulsion correspondant à une phase de Rabi φR = 3π, i.e.
l’impulsion définissant le couple {σ − γmax}opt optimal, et impulsion IC une
impulsion correspondant à la phase de Rabi φR = π pour la même pulsation
de Rabi à deux photons. Par exemple, sur la figure 43, l’impulsion IL correspond
à σ ≃ 0.42 ω−1

r et l’impulsion IC à σ ≃ 0.1 ω−1
r .

La figure 44 montre la répartition des populations dans les différents états
d’impulsion : après une impulsion IC et une impulsion IL. Dans le sous-régime IL
les pertes LZ sont négligeables : les impulsions IL conservent alors la majorité
de la population dans les deux états de Bragg (fig 44a). Dans ce sous-régime,
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Figure 44 – Distribution de la population après une impulsion π dans le sous-régime
IC (bleu foncé) et IL (bleu clair) en fonction de n. Les courbes en traits plein sont le
résultat de la simulation numérique et chaque point expérimental est moyenné 3 fois, la
barre d’erreur représente l’incertitude statistique. Une impulsion IL conserve la majeure
partie des atomes dans les deux états de Bragg (a), son efficacité étant principalement
limitée par la dispersion en vitesse (b,c). Les impulsions IC permettent d’atteindre de
meilleures efficacités lorsque l’on normalise par les deux états de Bragg (c), indiquant
une perte d’atomes non négligeable dans les états non-voulus (a,b). La diminution de
l’efficacité de diffraction (c) à l’ordre n = 5 est liée au manque de puissance laser
disponible sur notre dispositif expérimental, qui ne nous permet pas d’atteindre le
couple {σ − γmax}opt.

l’efficacité de diffraction est similaire, dans le cas où l’on normalise par la
population totale PT (fig 44b) ou dans les deux états de Bragg (fig 44c) :(

Pn

PT

)IL

∼
(

Pn

P0 + Pn

)IL

. (137)

Dans ce sous-régime, l’efficacité de transfert est limitée par la sélectivité en
vitesse. Pour l’ordre n = 5, le couple {σ − γmax}opt n’est pas atteint compte-
tenu de la puissance laser disponible sur notre dispositif expérimental, cela
explique la diminution de l’efficacité de diffraction observée (fig 44b et c).
A l’inverse, les impulsions IC permettent d’atteindre des meilleures efficacités de
diffraction dans le cas où l’on normalise par les deux états de Bragg tel que :(

Pn

PT

)IC

<

(
Pn

P0 + Pn

)IC

, (138)

134



CHAPITRE 3. DIFFRACTION ET INTERFÉROMÉTRIE DANS LE RÉGIME
DE QUASI-BRAGG

indiquant alors une perte significative d’atomes dans les états non voulus (fig
44a et b).

Conclusion (3.3)

Dans cette partie nous avons présenté une réalisation expérimentale de la
diffraction de Bragg à ordre élevé dans le régime de quasi-Bragg en très
bon accord avec notre modèle numérique, la répartition des populations
sur chacun des états d’impulsion (états de Bragg et états non-voulus) étant
très bien reproduite par notre simulation numérique sans paramètre
ajustable. Nous avons ensuite étudié la répartition de la population pour
une impulsion miroir réalisée dans i) le sous-régime IC, favorable aux
pertes LZ, ayant pour conséquence de mesurer de meilleures efficacités
de diffraction dans le cas d’une normalisation par les deux états de Bragg,
et ii) le sous-régime IL conservant la majorité la population dans les deux
états de Bragg, l’efficacité de diffraction étant limitée par la sélectivité en
vitesse. Ces deux types de pertes (LZ et sélectivité en vitesse) ont un
impact différent sur le signal interférométrique, cet effet est discuté à la
section suivante.

3.4 Interféromètre de quasi-Bragg

Intéressons nous maintenant à l’impact des pertes asscociées aux sous-régimes
IC et IL sur les franges d’interférences mesurées en sortie d’interféromètre. Pour
cela, nous réalisons des interféromètres trois impulsions "π/2 − π − π/2" de
type Mach-Zehnder. Dans le régime de Bragg, (i.e. un système à deux niveaux
effectifs), la définition de ces trois impulsions est évidente : une impulsion
sépatrice étant définie telle que la phase de Rabi φR = π/2 et une impulsion
miroir telle que φR = π. Cette définition est moins aisée dans le régime de
quasi-Bragg puisque de telles phases (π et π/2) se situent généralement dans
le régime IC, favorisant ainsi les pertes LZ.

Pour les expériences présentées dans cette section, nous choisissons des impul-
sions séparatrices réalisées pour une phase de Rabi φR = 5π/2 (fig 45). Cette
valeur correspond à une impulsion à la frontière entre les sous-régimes IC et IL.
L’impulsion miroir est quant à elle choisie pour deux configurations différentes
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Figure 45 – Choix des impulsions séparatrices et miroir pour la réalisation d’un
interféromètre. L’impulsion séparatrice est choisie pour une phase de Rabi φR = 5π/2,
de sorte à minimiser les pertes LZ et limiter l’effet de sélectivité en vitesse. L’impulsion
miroir est choisie dans le sous-régime IC telle que φR = π ou dans le sous-régime IL
telle que φR = 3π.

d’impulsions : dans le sous-régime IC : φR = π et dans le sous-régime IL :
φR = 3π (fig 45).

3.4.1 Visibilité dans les sous-régimes IC et IL

Nous avons réalisé des interféromètres jusqu’à l’ordre de diffraction n = 5
pour les différentes valeurs d’impulsion miroirs IC et IL étudiées à la figure
44. La phase de l’interféromètre est scannée en ajoutant un saut de phase ∆φ

entre l’impulsion centrale et la dernière impulsion séparatrice (le saut de phase
s’imprime sur la dernière impulsion). La figure 46 montre un exemple de signal
d’interférences obtenu pour l’ordre n = 3 pour les deux configurations IC (fig
46b) et IL (fig 46a) de l’impulsion miroir. Pour cette expérience, la population
d’un des ports de sortie de l’interféromètre est normalisée par la somme des
deux ports principaux (i.e. ceux correspondant aux deux états de Bragg) telle
que Pn/(P0 + Pn), et est ajustée par une sinusoïde, comme attendu pour un
interféromètre à deux ondes (équation 1 chapitre 1). Afin de minimiser les effets
dûs aux vibrations, la durée de l’interféromètre est choisie petite (2T = 2 ms).

Dans le sous-régime IL, les franges d’interférences restent très proches d’une
pure sinusoïde (fig 46a), indiquant alors que l’interféromètre est proche d’un
interféromètre à deux ondes parfait. Cela signifie que la majorité des atomes
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Figure 46 – Franges d’interférences obtenues pour une impulsion miroir dans le sous-
régime IL (a) et IC (b) pour n = 3. La population dans un des deux ports de sortie est
normalisée par la somme des populations dans les deux ports de sortie principaux.
Les lignes en traits plein sont le résultat d’un ajustement sinusoïdal. Chaque donnée
expérimentale est le résultat d’une moyenne de 5 mesures dont l’incertitude statistique
est représentée par les barres d’erreurs. Le sous-régime IL permet de réaliser un
interféromètre à deux ondes parfaitement décrit par un signal sinusoïdal tandis que le
sous-régime IC tend à distordre les franges d’interférences. c) Visibilités obtenues pour
plusieurs valeurs de n dans chacun des deux sous-régimes.
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mesurés en sortie d’interféromètre sont détectés dans l’un des deux états de
Bragg, et que la population dans les états non-voulus est négligeable. Ce résultat
confirme les observations réalisées sur la répartition des populations après une
impulsion miroir dans le régime IL (fig 44a). La visibilité extraite pour chaque
ordre n de diffraction d’un interféromètre IL est représentée sur la figure 46c.
Dans la limite où le couple {σ − γmax}opt est accessible, la visibilité mesurée
est similaire, indépendemment de l’ordre de diffraction, et sa valeur dépend
de l’efficacité de diffraction de l’impulsion π dans le sous-régime IL (i.e. dans
notre expérience ≃ 70%, bornée par notre dispersion en vitesse). La chute de
visibilité à l’ordre n = 5 est liée à puissance laser disponible sur notre dispositif
expérimental qui ne nous permet pas d’atteindre des efficacités de diffraction
optimales, faisant ainsi décroître la visibilité à 15%.

Le sous-régime IC offre la possibilité d’adresser une plus large distribution
en vitesse et donc de garder une visibilité constante jusqu’à n = 5 (fig 46c).
Dans ce sous-régime, l’efficacité de diffraction est limitée par les pertes LZ. Par
conséquent, en normalisant uniquement par les deux états de Bragg, la popu-
lation dans les états non-voulus n’est pas détectée, ce qui a pour conséquence
d’augmenter la visibilité mesurée. Cette amplitude dans les états non-voulus
est à l’origine d’interféromètres parasites (liés au caractère multi-chemins de
l’interféromètre) qui déforment les franges d’interférences (fig 46b) et mènent à
des incertitudes systématiques [Siemß et al., 2022].

3.4.2 Cas particulier de l’interféromètre n = 2

Pour étudier plus en détails l’impact de ces pertes LZ sur le signal interféro-
métrique, nous considérons un cas simple d’interféromètre fondé sur de la
diffraction à l’ordre n = 2. Pour cet ordre de diffraction, l’effet multi-chemins
est d’autant plus marqué car les séparatrices possèdent un unique état intérieur,
qui crée un interféromètre à 3 chemins lorsque l’impulsion séparatrice n’est
pas parfaite (fig 47a). Pour mettre en évidence ce phénomène, nous réalisons
un interféromètre pour lequel l’impulsion séparatrice est choisie pour la phase
de Rabi φR = 5π/2. Dans cette configuration, les pertes LZ sont négligeables
dans les états extérieurs mais s’élèvent à 10% dans l’état intérieur. L’impulsion
miroir est choisie dans le sous-régime IC (φR = π) afin d’accentuer l’impact des
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Figure 47 – a) Schéma de l’interféromètre multi-ports. L’inefficacité de l’impulsion
séparatrice modifie l’interféromètre et crée un interféromètre à 3 ondes venant déformer
les franges d’interférences entre les deux états de Bragg (b). Cette distorsion est principa-
lement due à la forte modulation de la population dans l’état intérieur (c), l’amplitude
d’oscillation des états extérieurs étant négligeable (d,e). Chaque point expérimental est le
résultat d’une moyenne de trois mesures dont la barre d’erreur représente l’incertitude
statistique. Les courbes en traits pleins sont le résultat de la simulation numérique pour
γmax = 1.45, σπ = 0.15ω−1

r et σπ/2 = 0.45ω−1
r .

pertes LZ. Comme précédemment, la phase de l’interféromètre est modulée en
appliquant un saut de phase laser ∆φ avant la dernière impulsion séparatrice.
La population dans un port de sortie est normalisée par la population totale
i.e. par l’ensemble des états d’impulsion mesurés :|{−2, 0, 2, 4, 6}h̄k⟩. Cette nor-
malisation a pour effet d’augmenter la déformation des franges d’interférences
qui sont représentées à la figure 47 pour les deux états de Bragg (fig 47b), l’état
intérieur (fig 47c) et les deux états extérieurs (fig 47d et e). Nous comparons
ensuite nos résultats expérimentaux à notre modèle numérique.

Nous observons une forte déformation des franges d’interférences associées aux
deux états de Bragg 47b qui est reliée à la forte modulation de la population
P1 dans l’état intérieur |2h̄k⟩ (fig 47c). Dans cet état, les franges d’interférences
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Figure 48 – Franges d’interférences obtenues pour un interféromètre n = 2 dans le cas
d’une impulsion séparatrice imparfaite. Chaque donnée expérimentale est le résultat
d’une moyenne de 3 mesures dont l’incertitude statistique est représentée par les barres
d’erreur. La courbe bleue claire est le résultat d’un ajustement pour un interféromètre à
deux ondes et la courbe bleue foncée l’ajustement avec la fonction de l’équation (140)
prenant en compte le caractère multi-chemins de l’interféromètre.

ont une période deux fois plus grande que celles dans les deux états de Bragg,
caractérisant un phénomène de battement entre les états {|2h̄k⟩ et |4h̄k⟩} ainsi
que {|2h̄k⟩ et |0h̄k⟩}. La population dans les états extérieurs | − 2h̄k⟩ et |8h̄k⟩ (fig
47d et e) est également mesurée et calculée, leur modulation en amplitude est
beaucoup plus faible que celle associée à l’état intérieur.
La non-sinusoïdalité du signal interférométrique est bien reproduite par notre
modèle numérique, et nous obtenons un très bon accord avec nos données
expérimentales. Ce comportement est la signature typique des interféromètres
impliquant plus de deux bras et pose la question du meilleur estimateur de la
phase que l’on cherche à mesurer. Notons que nous avons choisi volontairement
une configuration où les déformations des franges d’interférences sont exacer-
bées. Dans le cas où la population en sortie d’interféromètre est normalisée par
les deux états de Bragg, les déformations sont moins importantes mais peuvent
néanmoins donner lieu à des erreurs systématiques [Siemß et al., 2022] que l’on
appellera phases multi-chemins.
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3.4.3 Phase multi-chemins

Le signal obtenu en sortie d’un interféromètre multi-chemins peut être déter-
miné en sommant les contributions de chacun des interféromètres, (i.e. l’interfé-
romètre principal entre les deux états de Bragg et l’ensemble des interféromètre
parasites) tel que [Siemß et al., 2022] :

P = P0 +
∞

∑
j=1

|Aj| cos

(
n∆φ

κj
+ Φ0 + δφj

)
, (139)

où κj est un nombre entier permettant de définir la fréquence d’oscillation du
j-ième interféromètre parasite. Dans le cas où il n’y a aucun interféromètre
parasite, κj = 1, et la phase associée δφj est égale à π pour un port de sortie et
0 pour l’autre port de sortie. On retrouve dans ce cas l’équation du modèle à
deux ondes présentée au chapitre 1 (équation 1).
Dans le cas de l’interféromètre n = 2 présenté à la section précédente, l’équation
(139) devient :

P = P0+|A1| cos (n∆φ + Φ0 + δφ1)

+ |A2| cos
(

n∆φ + Φ0

2
+ δφ2

)
, (140)

où la première partie de l’équation correspond au modèle à deux ondes et la
deuxième partie est associée à la modulation des franges due principalement
aux pertes d’atomes dans l’état intérieur |2h̄k⟩.

Sur la figure 48, nous représentons des franges d’interférences obtenues expé-
rimentalement pour une normalisation par l’ensemble des états d’impulsion,
un ajustement sinusoïdal à deux ondes (courbe bleue claire) et un ajustement
par la fonction (140) (courbe bleue). L’écart entre les données expérimentales
et l’ajustement à deux ondes peut s’interpréter comme un déphasage δφmc lié
au caractère multi-chemins de l’interféromètre n = 2. L’équation (140) permet
d’obtenir un meilleur ajustement sur nos données expérimentales par rapport
au modèle à deux ondes (fig 48). Elle permet de quantifier l’amplitude et les
phases des interféromètres parasites et d’en extraire la phase multi-chemins asso-
ciée. Pour les franges d’interférences mesurées à la figure 48, l’amplitude A2
est d’environ 10% et la phase δφ2 d’environ 230 mrad. Ce modèle permet de
contraindre la déformation des franges dont une étude détaillée peut être trou-
vée dans [Siemß et al., 2022]. Dans la suite de ce chapitre, nous nous intéressons
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Figure 49 – a) Détermination numérique de la durée d’impulsion "magique" pour
les pertes LZ assosciées à l’état |2h̄k⟩ dans le cas d’une impulsion séparatrice dans le
sous-régime IC pour n = 2. b) Etude numérique de l’amplitude A2 de la modulation
due aux interféromètres parasites pour n = 2. La valeur de l’impulsion séparatrice est
scannée de 0.28/ωr à 0.5/ωr. L’impulsion miroir est choisie dans le sous-régime IL afin
de minimiser les pertes LZ et la dispersion en vitesse est nulle afin de s’affranchier des
pertes par sélectivité en vitesse.

(de manière numérique) uniquement aux ordres de grandeurs associés ainsi
qu’à la minimisation de ces phases multi-chemins dans le cas d’interféromètres
multi-chemins.

Minimisation des interféromètres parasites

La population dans les états non-voulus (et donc la probabilité d’obtenir des
interféromètres parasites) dépend finement de la durée de l’impulsion et de
la pulsation de Rabi. Dans [Parker et al., 2018], les auteurs mettent en avant
une durée d’impulsion "magique" pour laquelle la population dans les états
non-voulus est minimale, permettant ainsi de limiter les interféromètres parasites.
Pour l’interféromètre n = 2 présenté ci-dessus, les pertes majoritaires corres-
pondent à celles dans l’état intérieur |2h̄k⟩. Comme nous l’avons montré dans
la section précédente, l’imperfection de la première impulsion séparatrice est
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à l’origine de la distorsion des franges d’interférences observées à la figure 47.
Nous calculons donc l’amplitude de ces pertes (fig 49a) à la fin d’une impulsion
séparatrice dans le sous-régime IC pour plusieurs couples {γmax − σ}. Nous
trouvons une valeur minimale pour σ = 0.337/ωr, correspondant ainsi à la
durée d’impulsion "magique" pour l’ordre de diffraction n = 2.
Nous modélisons ensuite un interféromètre MZ à 3 impulsions π/2 − π − π/2
pour lequel l’impulsion séparatrice est scannée pour les mêmes paramètres que
ceux ayant permis de déterminer la durée d’impulsion "magique", et l’impulsion
miroir est choisie dans le sous-régime IL afin de négliger les pertes LZ. Nous
choisissons également une dispersion en vitesse nulle afin de s’affranchir des
pertes par sélectivité en vitesse. Nous déduisons ensuite l’amplitude A2 de
l’interféromètre parasite déformant les franges d’interférences. (140).
L’amplitude des interféromètres parasites coïncide avec le minimum de la po-
pulation dans les états non-voulus (fig 49b). Il est donc possible de contrôler ces
effets systématiques par un choix approprié des durées d’impulsion.

Conclusion (3.4)

Dans cette partie nous avons mis en avant l’impact d’interféromètres
parasites déformant les franges d’interférences pour des interféromètres
allant jusqu’à n = 5. Ces interféromètres parasites sont liés aux pertes
LZ et donc renforcées dans le sous-régime IC. Nous avons ensuite étudié
ce caractère multi-chemins dans le cas particulier d’un interféromètre
n = 2 pour lequel les franges d’interférences entre les deux états de Bragg
sont fortement déformées en raison des pertes dans un unique état inté-
rieur. Cette non-sinusoïdalité est la signature typique des interféromètres
parasites menant à des erreurs systématiques que l’on appelle phases
multi-chemins et pouvant dégrader l’estimation de la phase en sortie d’in-
terféromètre. Ces phases multi-chemins peuvent néanmoins être minimisées
par un choix approprié des durées σ d’impulsion, permettant ainsi un
meilleur contrôle du caractère multi-chemins des interféromètres dans le
régime de quasi-Bragg.
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Conclusion

Ce chapitre a présenté une étude théorique et expérimentale de diffraction et
d’interférométrie d’un condensat de Bose-Einstein dans le régime de quasi-
Bragg. Notre modèle numérique, fondé sur la résolution numérique de l’équa-
tion de Schrödinger et ne dépendant d’aucun paramètre ajustable, reproduit
bien nos données expérimentales. En particulier nous avons simulé tous les
états d’impulsion impliqués dans le processus de diffraction dans le régime de
quasi-Bragg : les deux états de Bragg ainsi que les pertes dans les états non-voulus,
et nous avons obtenu un très bon accord avec nos données expérimentales.
Deux sous régimes ont été mis en évidence : celui des interactions courtes (IC)
limité des pertes non-adiabatiques (LZ), et celui des interactions longues (IL),
limité par la sélectivité en vitesse mais pour lequel seuls les deux états de Bragg
sont peuplés à l’issue de l’interaction. Nous avons montré que l’efficacité de
diffraction maximale se situe à la frontière entre ces deux régimes. Un critère sur
la taille de la base d’états d’impulsion utilisée dans nos simulations numériques
a également été présenté.
Dans un second temps, nous avons caractérisé le caractère multi-chemins des
interféromètres dans le régime de quasi-Bragg et mis en avant le lien entre
les pertes LZ et les phases multi-chemins associées, pour des interféromètres
allant jusqu’à l’ordre n = 5. L’impact des interféromètres parasites menant à la
déformation des franges d’interférences a également été étudié, ces observations
pourront servir de guide pour le développement de nouvelles méthodes per-
mettant de caractériser les interféromètres multi-chemins ainsi que les erreurs
systématiques associées, signature du régime de quasi-Bragg.
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CHAPITRE 4

Interféromètres à grands transferts
d’impulsion

Depuis leur première réalisation dans les années 90, les performances atteintes
par les interféromètres atomiques ont permis d’en faire des outils promet-
teurs pour de nombreuses applications, aussi bien techniques (gravimétrie
de précision, navigation inertielle, ...) que scientifiques (mesure de constantes
fondamentales, nouveaux tests de relativité générale...). Le développement
d’interféromètres à grands transferts d’impulsion (LMT), qui permettent d’aug-
menter la séparation en impulsion entre les deux bras de l’interféromètre, est
une voie prometteuse pour améliorer la sensibilité de ces instruments, notam-
ment aux effets inertiels ou sur des mesures de constantes fondamentales (e.g.
la constante de structure fine [Parker et al., 2018]). Ces interféromètres donnent
également lieu à des mesures plus spécifiques qui exploitent les grandes sépa-
rations spatiales obtenues par ces appareils. Par exemple, en contrôlant une
perturbation sur un seul des deux bras, permettant ainsi des nouveaux tests
en physique fondamentale tels que des mesures de phases de type AB gra-
vitationelles [Overstreet et al., 2022b], [Overstreet et al., 2022a] ou électriques
(chapitre 1). De telles séparatrices ont déjà été réalisées avec des transitions
Raman séquentielles [McGuirk et al., 2000] ou avec des transitions de Bragg
uniques à ordre élevé [Müller et al., 2008b], même si leur utilisation est limitée
en pratique (chapitre 3).
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Type Atome Publication Transfert
Bragg 87Rb [Chiow et al., 2011] 102 h̄k
Bragg 174Yb [Plotkin-Swing et al., 2018] 112 h̄k
Bragg 87Rb (en cours d’écriture) 178 h̄k
Bloch 133Cs [Pagel et al., 2020] 240 h̄k

Bragg/Bloch 87Rb [Gebbe et al., 2021] 408 h̄k
1 photon 88Sr [Rudolph et al., 2020] 141 h̄k

1 photon (Floquet) 88Sr [Wilkason et al., 2022] 400 h̄k

Figure 50 – Liste non exhaustive des interféromètres à grande séparation spatiale
réalisés au cours des dernières années.

A ce jour, les plus grands transferts d’impulsion utilisés comme séparatrices
reposent sur la création d’une superposition cohérente entre deux états d’impul-
sion, suivie d’une accélération d’un ou des deux bras de l’interféromètre. L’accé-
lération peut être obtenue soit par oscillations de Bloch dans un réseau accéléré
[Cladé et al., 2009], soit par une succession d’impulsion π [McGuirk et al., 2000].

La première méthode a été utilisée par H.Muller et al. pour démontrer un interfé-
romètre avec une séparation verticale en impulsion de 240 h̄k [Pagel et al., 2020].
Par une méthode similaire, le groupe de E.Rasel a démontré un interféromètre
avec un transfert de 408 h̄k dans la direction horizontale. L’accélération à partir
d’une succession d’impulsions π a également montré de très bons résultats.
Dans le groupe de M.Kasevich à Stanford, des interféromètres de 102 h̄k ont
été réalisés à l’aide de transferts successifs de 6 h̄k [Chiow et al., 2011]. Plus
récemment, un interféromètre de 112 h̄k a été obtenu à partir d’atomes d’Ytter-
bium [Plotkin-Swing et al., 2018]. Par la même méthode, nous avons démontré
dans notre équipe un interféromètre de 178 h̄k, qui sera présenté à la section
4.3. L’accélération séquentielle a également été réalisée avec des transitions à
un photon sur des atomes de strontium, en utilisant une nouvelle méthode
nommée séparatrice de Floquet et basée sur une modulation temporelle de
l’amplitude des laser [Wilkason et al., 2022]. Cette méthode a démontré des
interféromètres allant jusqu’à 400 h̄k . Une liste non exhaustive des interféro-
mètres LMT utilisant ces différentes techniques est résumée à la figure 50.

Ce chapitre présente le principe de la diffraction de Bragg séquentielle utilisée
pour la réalisation d’interféromètres à grande séparation spatiale. Afin de mieux

148



CHAPITRE 4. INTERFÉROMÈTRES À GRANDS TRANSFERTS
D’IMPULSION

comprendre les limites de ces séparatrices atomiques, je commente l’impact
lié à la nature multi-chemins des interféromètres LMT réalisés dans le régime
de Bragg. Je détaille pour cela la contribution des différents interféromètres
parasites, pouvant dégrader le signal interférométrique et biaiser l’estimation
de la visibilité. J’introduis également une méthode permettant de discriminer
certains interféromètres parasites. Enfin je présente l’interféromètre de 178 h̄k
réalisé dans notre équipe à partir d’une accélération de Bragg séquentielle. Il
s’agit, à ma connaissance, de la séparation en impulsion la plus élevée obtenue
à partir de cette méthode, et constitue un pré-requis pour l’obtention des
séparations spatiales envisagées dans le cadre du test de neutralité que nous
souhaitons réaliser.

4.1 Interféromètre de Bragg séquentiel

Dans cette section je présente des interféromètres LMT dans la géométrie de
Mach-Zehnder réalisés à l’aide d’une succession d’impulsions de Bragg. Le prin-
cipe est illustré à la figure 51, il peut être assimilé à celui d’un interféromètre à
trois impulsions composé d’un miroir central entouré de deux séparatrices. Entre
chacune de ces étapes, les atomes évoluent pendant un temps de propagation
libre T′.

— La première séparatrice est composée d’une impulsion π/2 permettant
de créer une superposition cohérente entre deux états d’impulsion sé-
parés de 2nh̄k (avec n l’ordre de diffraction) et formant ainsi les deux
bras de l’interféromètre. La séparation spatiale entre ces deux bras est
ensuite augmentée par une séquence, réalisée sur un seul des deux bras
de l’interféromètre, de N impulsions π de durée τ et séparées par un
temps tc. L’accélération d’un unique bras de l’interféromètre est possible
car les atomes sont dans un état d’impulsion différent dans chacun des
deux bras , par conséquent la condition de résonance (chapitre 3) per-
mettant la diffraction est différente pour les deux bras de l’interféromètre.

— Le miroir est appliqué après un temps de propagation libre T′. Cette
étape est composée d’une séquence de décélération équivalente à celle
d’accélération et appliquée sur le même bras de l’interféromètre afin
de ramener les atomes dans l’état d’impulsion 2nh̄k. A la fin de cette
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Figure 51 – Schéma de l’interféromètre de Bragg séquentiel à géométrie MZ composé
d’une séquence d’impulsions correspondant à un miroir entouré de deux séparatrices
et permettant un transfert en impulsion de 2n(N + 1)h̄k. La séparation spatiale entre
les deux bras de l’interféromètre est augmentée par une séquence de N impulsions
séparées par un temps tc. Chaque impulsion d’accélération est résonante seulement
avec un des deux bras de l’interféromètre. A l’instant de l’impulsion miroir centrale,
la séparation entres les deux bras de l’interféromètre est maximale et vaut : ∆z =

2(N + 1)2(tc + τ + T′)h̄k/m. Le diagramme du bas représente l’intensité des impulsions
en fonction du temps.
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séquence, la séparation spatiale entre les deux bras de l’interféromètre
vaut :

∆z = 2n(N + 1)2 h̄k
m
(tc + τ + T′). (141)

La population dans chacun des deux bras est ensuite inversée à partir
d’une impulsion π centrale, puis la même séquence d’accélération est
répétée sur le deuxième bras afin de conserver la symétrie de l’interféro-
mètre par rapport à l’impulsion π centrale.

— Une deuxième séparatrice vient refermer l’interféromètre. Durant cette
étape, le deuxième bras de l’interféromètre est décéléré avec une séquence
de N impulsions π suivie d’une dernière impulsion π/2.

Dans le cadre d’un test de la neutralité de la matière (chapitre 1), nous envi-
sageons un interféromètre dont la séparation spatiale ∆z entre les deux bras
est de deux centimètres afin de pouvoir y disposer des électrodes. Cela peut
être obtenu avec un interféromètre 80 h̄k d’une durée totale 2T ∼ 120 ms (141).
En utilisant des transitions d’ordre n = 1, l’interféromètre sera alors composé
de 4N + 3 = 159 impulsions de Bragg. La démonstration d’un interféromètre
de 178 h̄k (4N + 3 = 355 impulsions) obtenu récemment est donc une première
étape encourageante.

4.1.1 LMT avec des impulsions n = 1

Pour réaliser ces interféromètres LMT séquentiels, il est intéressant d’étudier
l’ordre de diffraction permettant d’obtenir la meilleure visibilité tout en conser-
vant un nombre d’atomes le plus élevé possible. A transfert 2n(N + 1)h̄k équi-
valent, il y a donc un compromis à trouver sur l’efficacité de l’ordre de diffraction
n et les pertes accumulées sur les N impulsions d’accélération. Ce compromis
en cours d’étude dans notre équipe, est difficile à simuler numériquement pour
des grands transferts d’impulsion puisqu’il faudrait diagonaliser 4N matrices
de taille N pour chaque classe de vitesse de la distribution atomique. A titre
d’exemple, une simulation numérique d’un interféromètre 30 h̄k dure environ
quatre heures sur un ordinateur de bureau sous Python. La modélisation d’in-
terféromètres à plus grands transferts d’impulsion nécessite donc d’avantage
de ressources informatiques et sort du cadre de cette thèse.
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Des expériences à grands transferts d’impulsion ont déjà été démontrées à partir
de transferts de 2nh̄k, c’est le cas par exemple dans l’équipe de M. Kasevich
à partir de transferts successifs de 6h̄k, qui a permis d’obtenir une séparation
de 102h̄k [Chiow et al., 2011]. Dans la même équipe, des expériences plus ré-
centes utilisent actuellement des transitions au premier ordre de diffraction
[Kovachy et al., 2015a] pour la réalisation d’interféromètres à grande séparation
spatiale. Dans le cadre de ma thèse, nous avons étudié des interféromètres LMT
d’ordre n = 1 qui semblent être le meilleur compromis compte-tenu de la dis-
persion en vitesse de notre source d’atomes et de la puissance laser disponible
sur notre dispositif expérimental. Plusieurs effets peuvent expliquer l’intérêt de
l’ordre n = 1.

Sélectivité en vitesse et pertes LZ

Le premier effet favorable à l’ordre n = 1 est lié à l’efficacité de diffraction des
impulsions de Bragg. Comme nous l’avons vu au chapitre 3, deux principaux
effets limitent cette efficacité : les pertes Landau-Zener (LZ) et la sélectivité en
vitesse. Ces pertes réduisent le nombre d’atomes en sortie d’interféromètre, et
peuvent également être à l’origine d’interféromètres parasites pouvant biaiser
l’estimation de la visibilité. Le couple {γmax, σ}opt permet néanmoins d’opti-
miser cette efficacité de diffraction : pour nos paramètres expérimentaux, i.e.
une dispersion en vitesse de 30 nK, elle est d’environ 80 % à l’ordre n = 1 et de
70 % pour des ordres de diffraction allant jusqu’à n = 4.

En faisant l’hypothèse d’une efficacité de diffraction constante à chaque im-
pulsion π, le nombre d’atomes restants en sortie d’interféromètre évolue
comme Prest = P2N

π . A transfert d’impulsion 2n(N + 1)h̄k équivalent, un ordre
élevé permet de minimiser le nombre d’impulsions d’accélération à réaliser.
A titre d’exemple, un transfert en impulsion de 24 h̄k permettrait de conser-
ver environ Prest = 0.72×3 ∼ 15 % des atomes à l’ordre n = 3 et seulement
Prest = 0.82×11 < 1 % à l’ordre n = 1. Cette hypothèse ne reflète cependant pas
la réalité. En effet, la séquence d’accélération agit comme un filtre en vitesse
puisque seuls des atomes ayant la bonne classe de vitesse effectuent la transition
de Bragg [Moler et al., 1992]. Par conséquent, l’efficacité de diffraction d’une
impulsion π est augmentée au cours de la séquence d’accélération, et les pertes
d’atomes liées à la sélectivité en vitesse de plus en plus faibles. Pour illustrer
cet effet, nous traçons à la figure 52a la proportion d’atomes restants après un
nombre N d’impulsions π et une dispersion en vitesse initiale T = 30 nK à
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Figure 52 – Simulation numérique de l’évolution de la proportion d’atomes restants
après N impulsions d’accélération (a) et de l’efficacité de diffraction (b) pour une
dispersion en vitesse de 30 nK. Les courbes bleues correspondent à des diffractions
d’ordre n = 1 et les courbes bleues claires à l’ordre n = 3. Le carré rose indique la
proportion d’atomes restants pour un transfert équivalent de 2n(N + 1)h̄k = 24 h̄k. Les
figures c) et d) représentent également la proportions d’atomes (c) et l’efficacité de
diffraction (d) pour une dispersion en vitesse nulle.

partir d’une simulation numérique équivalente à celle présentée au chapitre
3. Pour un transfert correspondant à 2n(N + 1)h̄k = 24 h̄k, environ 45% des
atomes sont conservés à l’ordre n = 1 (courbe bleue). Les pertes d’atomes
sont alors bien inférieures à celles calculées en considérant une efficacité de
diffraction constante pour chaque impulsion N, et confirment le filtrage de la
distribution atomique. L’efficacité de diffraction obtenue après N impulsions π

est illustrée à la figure 52b : à partir de N = 6 impulsions d’accélération, elle
dépasse 95 % pour n = 1 (courbe bleue). La faible dispersion en vitesse de notre
source d’atomes permet donc d’obtenir rapidement de très bonnes efficacités de
diffraction au premier ordre de diffraction et de limiter ainsi les pertes pendant
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l’interféromètre.

A l’ordre n = 3 (courbe bleue claire), nous observons également une améliora-
tion de l’efficacité de diffraction en fonction de N, puisque pour un transfert
de 24 h̄k, environ 35% des atomes sont conservés (en comparaison aux 15%
calculés en considérant une efficacité de diffraction constante à chaque impul-
sion N). L’évolution de l’efficacité de diffraction semble néanmoins plus lente
qu’a l’ordre n = 1, puisque même à partir de N = 6 impulsions, l’efficacité
obtenue à l’ordre n = 3 n’est que de l’ordre de 80%. Nous attribuons cet effet
aux pertes LZ, qui comme nous l’avons vu au chapitre 3, sont plus importantes
pour des ordres de diffraction élevés. En effet, ces pertes ne dépendent pas de
la dispersion en vitesse et ne sont à priori pas filtrées au cours d’une séquence
de N impulsions. Pour étudier cet effet nous avons modélisé pour le couple
{γmax, σ}opt, la probabilité d’atomes restants après N impulsions π pour une
dispersion en vitesse nulle, dans le cas n = 1 pour des impulsions rectangulaires
et dans le cas n = 3 pour des impulsions gaussiennes. La proportion d’atomes
restants après N impulsions ainsi que l’évolution de l’efficacité de diffraction
sont illustrées respectivement à la figure 52c et d. Dans le cas n = 1, la pro-
babilité d’atomes restants est comparable en augmentant N, et l’efficacité de
diffraction atteint quasiment 100% dès N = 2, les pertes LZ diminuant lorsque
N augmente. La dynamique est néanmoins plus complexe dans le cas n = 3, car
les pertes LZ peuplent plus d’états intérieurs et extérieurs à chaque impulsion π.
Cela a pour conséquence de diminuer la proportion d’atomes restants à mesure
que le nombre d’impulsions N augmente, même à température nulle. Pour ces
raisons et compte-tenu de nos paramètres expérimentaux, un ordre supérieur à
n = 1 est moins favorable pour la réalisation d’interféromètres LMT.

Emission spontanée

Un autre effet limitant à prendre en compte dans le cas d’interféromètres à
grands transferts d’impulsion est celui des pertes par émission spontanée. Pour
un interféromètre de 4N + 3 impulsions, la proportions Pres d’atomes restants
est donnée par :

Pres =
(
1 − Psp

)4N+3 , (142)

où Psp correspond à la proportion d’atomes perdus par émission spontanée.
Pour un temps τ d’interaction avec le laser, elle s’écrit :

Psp = τΓsc, (143)
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où Γsc est le taux d’émission spontanée :

Γsc =
Γ
2
× I/Isat

1 + 4(∆/Γ)2 + (I/Isat)
, (144)

avec Γ/2π ≃ 6.1MHz la largeur naturelle de l’état excité, ∆ le désaccord à un
photon et Isat l’intensité de saturation.
Dans le cas où Γ ≪ ∆, il vient :

Γsc =
1
8
× I

Isat
× Γ3

∆2 . (145)

En considérant Ω0 la pulsation de Rabi moyenne pondérée par les transitions
vers les différents états intermédiaires |F′, mF′⟩ (équation 134 chapitre 3), la
proportion d’atomes perdus par émission spontanée s’écrit :

Psp = τΓsc ∼ τ

(
Γ(2Ω2

0)

4∆2

)
, (146)

où le facteur 2 provient de la configuration rétro-réfléchie du réseau.
En introduisant la pulsation de Rabi à deux photons Ω = Ω2

0/(2∆) avec les
notations du chapitre 3 : Ω = γmax × 8ωr, nous réécrivons (146) comme :

Psp = τ

(
Γγmax8ωr

∆

)
. (147)

Nous obtenons donc la proportion d’atomes restants liée à l’émission sponta-
née :

Pres =
(
1 − Psp

)4N+3 ,

=

(
1 − τ

(
Γγmax8ωr

∆

))4N+3

.
(148)

Sur la figure 53 je trace l’évolution du nombre d’atomes liée aux pertes par
émission spontanée en fonction de l’ordre n de diffraction pour un transfert
∼ 100 h̄k et un désaccord ∆ = 11GHz. Les paramètres γmax et τ sont choisis
de sorte à optimiser l’efficacité de diffraction pour chaque ordre n de diffrac-
tion. Les faibles puissances laser utilisées pour le premier ordre de diffraction
permettent de conserver environ 2 fois plus d’atomes (∼ 70%) par rapport aux
ordres plus élevés (∼ 35%), rendant ainsi l’ordre n = 1 plus favorable pour la
réalisation d’interféromètres LMT.
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Figure 53 – Pourcentage d’atomes restants en fonction de l’ordre n de diffraction estimé
numériquement en tenant compte des pertes par émission spontanée pour un transfert
2n(N + 1)h̄k ∼ 100 h̄k. Les paramètres γmax et τ sont choisis de sorte à optimiser
l’efficacité de diffraction pour chaque ordre n de diffraction.

Conclusion (4.1)

Dans cette section j’ai présenté le principe des interféromètres de Bragg
séquentiel qui utilisent une succession d’impulsions d’accélération afin
d’augmenter la séparation en impulsion entre les deux bras de l’interfé-
romètre, et ainsi en augmenter sa séparation spatiale. Pour réaliser ces
interféromètres LMT avec nos paramètres expérimentaux (T = 30 nK et
γmax = 0.5 (n = 1)), le premier ordre de diffraction est le plus favorable
car il permet de limiter les pertes par sélectivité en vitesse ainsi que les
pertes LZ. Cet ordre de diffraction est également favorable à un minimum
de pertes par émission spontanée.

4.2 Visibilité d’un interféromètre LMT

Dans cette section nous étudions la visibilité d’un interféromètre LMT à partir
d’une détection en phase. Cette visibilité peut être biaisée par des interféro-
mètres parasites (4.2.2) dont leur détection, et donc l’impact, est d’autant plus
important que les durées d’interféromètres sont faibles (4.2.1).
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4.2.1 Contraintes temporelles

Le champ de vue de notre système de détection limite le temps de vol libre
entre l’instant où les pièges dipolaires sont coupés et l’instant où les atomes sont
imagés à environ 35ms. Ce temps de vol libre de 35ms inclut nécessairement le
temps de vol de l’interféromètre et Td, le temps de vol nécessaire à la détection
du signal d’interférences.

— La configuration verticale rétro-réléchie du réseau de Bragg nous oblige à
laisser les atomes en chute libre pendant un certain temps TDop avant le
début de l’interféromètre afin de rendre le deuxième réseau hors-résonant
par effet Doppler (chapitre 3). Cette durée est typiquement de 4ms.

— A cela s’ajoute le temps nécessaire pour séparer spatialement les deux
états d’impulsion en sortie d’interféromètre. En pratique, nous choisis-
sons un temps de détection Td ∼ 18 ms pour obtenir une séparation
pour deux états séparés de 2h̄k d’environ 200 µm. Cette séparation est
supérieure à la taille du nuage qui est d’environ 60 µm, ce qui permet
d’imager spatialement chacun des états d’impulsion.

En considérant ces deux contraintes temporelles, la durée totale de l’interféro-
mètre que nous pouvons réaliser n’est donc que de 2T = 35− TDop − Td ∼ 12ms.
En notant que la durée totale d’un interféromètre LMT s’écrit : 2T ∼ (4N +
3)(tc + τ) + 2T′, nous obtenons alors une limite sur la durée tc entre chaque
impulsion :

tc =
2T − 2T′

4N + 3
− τ > 0. (149)

Ainsi, pour des grands transferts d’impulsion, nous sommes contraints d’avoir
une durée entre chaque impulsion relativement faible. Pour un interféromètre
de 178h̄k (N = 88), une durée d’impulsion τ = 35µs et en prenant T′ = tc, nous
obtenons une durée tc ∼ 1µs. Cette configuration est favorable à la détection
d’interféromètres parasites, puisqu’ils ne pourront pas être spatialement séparés
de l’interféromètre principal. A titre d’exemple, pour l’interféromètre N = 2
présenté à la figure 54a, la séparation entre un port de sortie dans un des
deux états de Bragg de l’interféromètre principal (en bleu) et de l’interféromètre
parasite vert n’est que de ∆z = 8vr(tc + τ) ∼ 2 µm (avec tc = 1 µs et τ = 35 µs),
pour une taille de nuage d’environ 60 µm (fig 54b). Nous discutons dans
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Figure 54 – a) Exemple d’interféromètres parasites pour un interféromètre de Bragg
séquentiel. b) Pour des durées d’interféromètres courtes, les atomes dans le même état
d’impulsion ne sont pas suffisamment spatialement séparés, ce qui ne permet pas de
différencier l’interféromètre principal des interféromètres parasites. c) Profils d’intensité
au cours du temps. Le saut de phase (violet) est appliqué sur la dernière impulsion
d’accélération pour le bras supérieur.

la section suivante l’impact de ces interféromètres parasites sur la visibilité
mesurée.

4.2.2 Interféromètres parasites

Détection en phase

L’estimation de la visibilité des interféromètres se fait à partir d’une détection
en phase. En effet, nous appliquons un saut de phase laser δϕ que nous faisons
varier sur un intervalle de 0 à 2π. Ce saut de phase s’imprime sur l’onde
diffractée, et son signe dépend de si l’atome gagne (+) ou perd (−) une
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impulsion 2h̄k durant la N-ième interaction. Dans ce cas, la population en sortie
d’interféromètre s’écrit (chapitre 1) :

P = P0 (1 + V cos(±δϕ)) , (150)

où V est la visibilité de l’interféromètre.
Pour évaluer la visibilité d’un interféromètre LMT, une solution consiste à
appliquer un saut de phase δϕ uniquement sur la dernière impulsion d’accé-
lération (fig 54c). De cette façon la phase laser n’est imprimée qu’une seule
fois sur l’onde atomique. Par conséquent, seuls les interféromètres dont un
bras a été diffracté au moment de la dernière impulsion d’accélération auront
un signal interférométrique modulé avec la bonne période δϕ. En particulier,
cette configuration permet de rejeter les interféromètres issus de pertes par
sélectivité en vitesse sur les premières impulsions d’accélération. Sur la figure
54a, cela correspond aux interféromètres jaunes et verts. En effet, ces interfé-
romètres n’effectuent aucune transition au moment où le saut de phase est
effectué, par conséquent leur phase n’est pas modulée en sortie d’interféromètre.

Il subsiste cependant certains interféromètres parasites pouvant perturber le si-
gnal de l’interféromètre principal. Sur la figure 54a nous représentons quelques
exemples d’interféromètres parasites. Nous distinguons : i) les interféromètres
qui se referment spatialement et qui donc ne dépendent pas de la vitesse initiale
des atomes, tel que l’interféromètre rose de type MZ et ii) les interféromètres
qui ne se rerferment pas spatialement de type Ramsey (interféromètres bleus
clairs). Dans cette étude nous considérons des interféromètres LMT réalisant
un transfert de 2(N + 1)h̄k, dont les ports de sortie sont dans les deux états de
Bragg |0h̄k⟩ et |2h̄k⟩. Nous prenons en compte les interféromètres parasites créés
à partir de couplages résonants, i.e. des transitions à 2 photons permettant un
transfert d’un état |2jh̄k⟩ vers |2(j ± 1)h̄k⟩, et ceux qui peuvent être issus d’un
couplage non-résonant réalisant une transition à 2 ou 4 photons. Nos simula-
tions numériques indiquent que la probabilité qu’une transition à plus que 4
photons se réalise est de moins de 0.01% à l’ordre n = 1, c’est pourquoi nous
négligerons ces transitions dans la suite de chapitre. En sortie d’interféromètre,
nous prenons en compte uniquement les atomes dans les états |0h̄k⟩ et |2h̄k⟩.
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Interféromètres parasites de type Ramsey

Nous nous intéressons dans un premier temps aux interféromètres de type
Ramsey, i.e. les interféromètres qui ne se referment pas spatialement. Nous
avons calculé le signal correspondant à ce type d’interféromètre (annexe C) : le
déphasage dépend du saut de phase laser δϕ appliqué, d’un terme d’horloge
(∝ δ̃T) et un terme de recul (∝ ωr). En prenant l’exemple d’un interféromètre
de Ramsey pour un atome (i) de vitesse initiale v(i)0 et dont la séparation en
impulsion entre les deux bras est 2(N + 1)h̄k tel que celui présenté à la figure
55, le signal en sortie de cet interféromètre s’écrit :

S(i) = A(i)
[
1 + V(i) cos(δϕ − kT

(
2(N + 1)vr + v(i)0

)]
, (151)

avec −kv(i)0 le désaccord lié à l’effet Doppler.
Pour un ensemble d’atomes décrit par une distribution en vitesse gaussienne :

ρ(ṽ) =
1√

2πσ2
ṽ

exp
[
− ṽ2

2σṽ

]
, (152)

avec σṽ la dispersion en vitesse adimensionnée, le signal mesuré correspond à
la moyenne des interféromètres pour chaque classe de vitesse de l’ensemble
atomique :

< S > =
∫ +∞

−∞
S(i)(ṽ)ρ(ṽ)dṽ,

∝ V cos (δϕ − 2kT(N + 1)vr) exp

[
− [(2(N + 1)kTσṽ]

2

2

]
,

∝ V exp

[
− [(2(N + 1)kTσṽ]

2

2

]
. (153)

En notant la longueur de cohérence ζ :

ζ =
h̄

mσṽ
, (154)

nous pouvons réécrire le signal moyen en sortie d’un interféromètre de Ramsey
comme :

< S > ∝ V exp

[
− [(2(N + 1)vrT/ζ]2

2

]
. (155)
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Figure 55 – Interféromètre de Ramsey pour une séparation en impulsion entre les deux
bras de 2(N + 1)h̄k. La distance ∆z indique la séparation entre les deux chemins en
sortie d’interféromètre.

Pour l’interféromètre considéré à la figure 55, la distance séparant les deux
ports de sortie est égale à ∆z = 2vr(N + 1)T. Nous obtenons finalement :

< S >∝ V exp

[
− [(2(N + 1)vrT/ζ]2

2

]
∝ V exp

[
−∆z2

2ζ2

]
. (156)

L’équation (156) indique que la visibilité d’un interféromètre de Ramsey est
limitée par la longueur de cohérence du nuage d’atomes. Autrement dit, les che-
mins créant un interféromètre de Ramsey sont indiscernables et donc interfèrent
tant que la séparation ∆z entre ces chemins est plus petite que la longueur
de cohérence du nuage ∆z ≪ ζ. Pour une dispersion en vitesse donnée, la
visibilité d’un interféromètre de Ramsey s’amortit d’autant plus rapidement
que la séparation entre les ports de sortie est grande. Cette séparation augmente
avec le nombre N d’impulsions, la visibilité des interféromètres de Ramsey
s’amortit donc d’autant plus rapidement à mesure que N augmente.

Nous avons étudié expérimentalement l’impact des interféromètres parasites
de Ramsey dans des configurations simples, i.e. pour un interféromètre de
géométrie MZ à N = 0 et N = 1 (dans cette géométrie, les interféromètres de
Ramsey sont crées à partir de pertes au cours de l’interféromètres, tels que
les chemins bleus clairs représentés sur la figure 54a). Pour cette étude, nous
déterminons la visibilité VT en faisant varier deux paramètres : la durée tc entre
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Figure 56 – Evolution de la visibilité en fonction du temps de propagation entre
chaque impulsion pour un interféromètre N = 0 (haut) et N = 1 (bas). Chaque point
expérimental correspond à une moyenne de trois visibilités obtenues, dont la barre
d’erreur représente l’incertitude sur l’ajustement sinusoïdal des franges d’interférences.
Les courbes en traits plein sont le résultat d’un ajustement de la fonction (157) donnant
des temps d’amortissement de 64 µs (N = 0) et 27 µs (N = 1).

chaque impulsion laser et le saut de phase δϕ. Pour cela, nous scannons δϕ sur
un intervalle de 0 à 2π pour une valeur de tc donnée, et nous déterminons la
visibilité à partir d’un ajustement sinusoïdal en mesurant la population dans
l’état d’impulsion |2h̄k⟩. Sur la figure 56 nous traçons l’évolution de la visibilité
en fonction de tc. La visibilité totale de cet interféromètre, i.e. qui tient compte
de l’interféromètre principal de MZ et des interféromètres parasites de Ramsey
s’écrit :

VT = VMZ + V e−t2
c /(2τ2), (157)

où VMZ est la visibilité associée à l’interféromètre de MZ, constante en fonction
de tc. Le second terme de l’équation (terme V) est associé à l’oscillation de la
visibilité des interféromètres de Ramsey (153). Ces interféromètres ne se refer-
mant pas spatialement, ce terme tient également compte de l’amortissement de
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Interféromètre (𝑖) Δz(#) 𝑡%!"#
(#)

2 2𝑁 𝑁 − 2 𝑣$(𝑡% + 𝜏) 𝜁
2𝑁 𝑁 − 2 𝑣$

− 𝜏

3 2 𝑁& − 2𝑁 − 1 𝑣$(𝑡%
+ 𝜏)

𝜁
2 𝑁& − 2𝑁 − 1 𝑣$

− 𝜏

4 2𝑁&𝑣$(𝑡% + 𝜏) 𝜁
2𝑁&𝑣$

− 𝜏

5 2 𝑁 + 1 &𝑣$(𝑡% + 𝜏) 𝜁
2(𝑁 + 1)&𝑣$

− 𝜏

6 2𝑣$(𝑡% + 𝜏) 𝜁
2𝑣$

− 𝜏

7 2(2𝑁 + 1)𝑣$(𝑡% + 𝜏) 𝜁
2(2𝑁 + 1)𝑣$

− 𝜏

8 2(2𝑁 + 2)𝑣$(𝑡% + 𝜏) 𝜁
2(2𝑁 + 2)𝑣$

− 𝜏

9 4(2𝑁 + 1)𝑣$(𝑡% + 𝜏) 𝜁
4(2𝑁 + 1)𝑣$

− 𝜏

10 2(4𝑁 + 3)𝑣$(𝑡% + 𝜏) 𝜁
2(4𝑁 + 3)𝑣$

− 𝜏

11 2𝑣$(𝑡% + 𝜏) 𝜁
2𝑣$

− 𝜏

Figure 57 – a) Configurations des différents interféromètres de Ramsey interférant avec
l’interféromètre MZ principal dans le cas N = 2. Pour cela nous considérons : i) tous
les chemins effectuant une transition en impulsion au moment du saut de phase, (i.e.
les chemins passant par au moins N impulsions d’accélération) et pouvant interférer
avec le bras B de l’interféromètre principal, et ii) tous les chemins n’effectuant pas
de transition au moment du saut de phase et pouvant interférer avec le bras A de
l’interféromètre principal. b) Détermination des séparations entre un port de sortie de
l’interféromètre principal et d’un interféromètre i. Nous déduisons la valeur minimale
tcmin en fonction de N nécessaire pour qu’il n’y ait plus d’interférences parasites.

la visibilité (terme en e−t2
c /(2τ2)) lié à la longueur de cohérence du nuage.

L’évolution des visibilités obtenues est représentée sur la figure 56a (N = 0)
et 56b (N = 1). Pour chacune de ces configurations, nous observons un amor-
tissement des oscillations de Ramsey lorsque les valeurs de tc mènent à des
séparations entre les ports de sortie plus grandes que la longueur de cohérence.
Pour N = 0, le temps d’amortissement obtenu par un ajustement de la fonction
(157) est de 64 µs et de 27 µs pour N = 1. Ces résultats confirment que l’amor-
tissement est d’autant plus rapide lorsque le nombre d’impulsions N est grand
et sont en accord avec la loi d’échelle (156).

Pour des configurations LMT séquentielles, l’amortissement en fonction de
N tel que celui défini à l’équation (156) pour une seule impulsion transférant
2(N + 1)h̄k est néanmoins moins évident lorsque le nombre d’impulsions N
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augmente, puisque la distance ∆z entre les deux chemins de l’interféromètre de
Ramsey dépend également de l’instant T(i) à partir duquel l’interféromètre de
Ramsey est créé. Sur la figure 57 différentes configurations possibles sont re-
présentées pour une géométrie composée de 4 × (N = 2) impulsions. Pour cela
nous considérons : i) tous les chemins effectuant une transition en impulsion au
moment du saut de phase, (i.e. les chemins passant par au moins N impulsions
d’accélération) et pouvant interférer avec le bras B de l’interféromètre principal,
et ii) tous les chemins n’effectuant pas de transition au moment du saut de
phase et pouvant interférer avec le bras A de l’interféromètre principal. Ces
chemins sont indiscernables pour une mesure dans les états |0h̄k⟩ et |2h̄k⟩,
tant que la distance ∆z entre ces chemins est plus petite que la longueur de
cohérence tel que ∆z ≪ ζ.

Nous sommes contraints pour réaliser des interféromètres à grands transferts
d’impulsion d’utiliser des durées entre chaque impulsion de l’ordre de la micro-
secondes. Cette configuration est favorable aux interféromètres de Ramsey
puisque la distance entre chacun des ports de sortie est d’autant plus petite que
la durée entre chaque impulsion est faible. Nous étudions alors la distance ∆z(i)

entre un port de sortie de l’interféromètre principal et un port de sortie i afin de
déduire la valeur minimale t(i)cmin nécessaire pour qu’il n’y ait plus d’interférences
liés aux interféromètres de Ramsey. Les durées minimales à partir desquelles la
séparation entre un port de sortie de l’interféromètre principal et un port de
sortie d’un interféromètre (i) devient plus grande que la longueur de cohérence
sont illustrées à la figure (fig 57)b. A l’exception des interféromètres 6 et 11, plus
le nombre d’impulsions N augmente, et plus le temps entre chaque impulsion
nécessaire pour ne plus interférer diminue, puisque les atomes issus de ces
pertes passent plus de temps dans des états d’impulsion différents. La plus
grande valeur t(i)cmin pour obtenir une distance supérieure à la longueur de cohé-
rence est celle associée à l’interféromètre 7. Néanmoins, pour un interféromètre
178h̄k (N = 88), et pour une impulsion de durée τ = 30 µs, cela revient à choisir
une valeur t(i)cmin nulle, la durée τ associées aux N impulsion π étant suffisante
pour obtenir une séparation ∆z supérieure à la longueur de cohérence. La durée
d’une micro-seconde que nous utilisons pour l’interféromètre 178 h̄k devrait
donc permettre de s’affranchir de la majorité des interféromètres de Ramsey.
En revanche, pour les interféromètres 6 et 11, la durée minimale permettant
d’être supérieure à la longueur de cohérence n’est pas dépendante de la valeur
de N. Dans ce cas, il faut, pour s’affranchir de ces interféromètres, une durée
tc > ζ/(2vr)− τ ∼ 4µs. Néanmoins, la probabilité que ces interféromètres se
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réalise est très faible puisqu’elle dépend pour l’interféromètre 6 d’un chemin
ayant réalisé un couplage non-résonant sur la dernière impulsion de décéléra-
tion, dont la probabilité est inférieure à 0.2% (fig 52d). Pour l’interféromètre 11
la probabilité est également très faible puisqu’il s’agit d’un interféromètre créé
à partir d’une perte sur la dernière impulsion d’accélération.

Résumé (Interféromètres parasites de type Ramsey)

Les chemins créant un interféromètre de Ramsey sont indiscernables et
peuvent interférer tant que la séparation ∆z entre ces chemins est plus
petite que la longueur de cohérence du nuage tel que ∆z ≪ ζ. Pour une
dispersion en vitesse donnée, la visibilité d’un interféromètre de Ramsey
s’amortit d’autant plus rapidement à mesure que le nombre N d’impul-
sions augmente. Pour un interféromètre 178 h̄k, nous avons montré que la
visibilité de la majorité des interféromètres parasites de Ramsey devrait
s’amortir. Par conséquent, il semble raisonnable de négliger la contribu-
tion de ces interféromètres parasites sur la visibilité de l’interféromètre
178h̄k.

Interféromètres parasites se refermant spatialement

Nous étudions à présent l’effet des interféromètres parasites qui se referment
spatialement dans les deux états de Bragg et dont la période d’oscillation en
sortie d’interféromètre est la même que celle de l’interféromètre principal, i.e.
des interféromètres issus d’une transition à deux photons lorsque le saut de
phase est appliqué sur la dernière impulsion d’accélération. Différentes configu-
rations d’interféromètres possibles sont représentées sur la figure 58. Il s’agit
d’interféromètres sensibles à un saut de phase réalisé sur la dernière impul-
sion d’accélération pour une géométrie composée de 4 × (N = 2) impulsions
d’accélération et de décélération. L’interféromètre principal est représenté par
la sortie 1, il réalise 2N impulsions d’accélération et de décélération, et corres-
pond donc à un transfert de 6h̄k. Les interféromètres parasites sont issus d’au
moins deux transitions non-résonantes d’un état |2Nh̄k⟩ → |2(N ± 1)h̄k⟩. Leur
probabilité est donc négligeable puisque ces interféromètres sont construits à
partir d’une perte non-résonante sur le bras B de l’interféromètre et d’une perte
non-résonante sur le bras A de l’interféromètre lors d’une impulsion précise.
A titre d’exemple, la probabilité de réaliser l’interféromètre 3 correspond à la

165



CHAPITRE 4. INTERFÉROMÈTRES À GRANDS TRANSFERTS
D’IMPULSION

𝛿𝜙

1

2

4,5

𝑡

𝑧

3

Bras A

Bras B

Figure 58 – Différentes configurations d’interféromètres possibles pour une géométrie
composée de 4N = 8 impulsions d’accélération et de décélération réalisant une transi-
tion à deux photons non-résonante lorsque le saut de phase est réalisé sur la dernière
impulsion d’accélération. L’interféromètre principal est représenté en noir.

probabilité de faire une transition non-résonante sur la première impulsion
de décélération du bras B sachant la probabilité d’avoir également réalisé une
transition non-résonante sur la première impulsion de décélération du bras A.
La probabilité P(i) pour chacun de ces interféromètres peut donc s’écrire :

P(i) < P(i)
A × P(i)

B < 0.2% × 0.2% = 0.04%. (158)

Nous pouvons généraliser ce résultat pour un interféromètre de 4N + 3 im-
pulsions, ces interféromètres parasites étant toujours construits à partir d’au
moins deux transitions non résonantes. De plus, en augmentant le nombre
d’impulsions, nous effectuons également un filtrage sur la détection, i.e. que
la séparation spatiale entre les ports de sortie de l’interféromètre principal et
ceux d’un interféromètre parasite devient suffisamment grande pour pouvoir
ne pas prendre en compte les ports de sortie de l’interféromètre parasite au
moment de la détection. A titre d’exemple, à partir de N = 40 impulsions, l’in-
terféromètre principal est séparé de l’interféromètre parasite 4 d’une distance
∆z ∼ 500 µm, distance suffisante pour ne plus considérer cet interféromètre
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parasite au moment de la détection 1.

Conclusion (4.2)

Dans cette section nous avons évalué l’impact des interféromètres pa-
rasites dans une configuration particulière d’interféromètres LMT, i.e.
dont les durées 2T sont très faibles. Parmi ces interféromètres parasites,
nous avons distingué deux types d’interféromètres : i) ceux qui ne se
referment pas spatialement de type Ramsey, et dont la visibilité s’amortit
d’autant plus vite que le nombre N d’impulsions augmente, et ii) des
interféromètres qui se referment spatialement pour lesquels nous avons
montré que la probabilité qu’ils se réalisent était négligeable. Ainsi, à
partir de cette étude, il semble raisonnable de considérer, lorsque le saut
de phase est réalisé sur la dernière impulsion d’accélération, que l’impact
des interféromètres parasites devient négligeable lorsque le nombre d’im-
pulsions N est suffisamment grand. Dans la section suivante, nous nous
intéressons à la réalisation expérimentale d’un interféromètre LMT 178h̄k.

4.3 Réalisation expérimentale d’un interféromètre
178h̄k

Nous avons réalisé expérimentalement des interféromètres séquentiels pour
plusieurs séparations spatiales en utilisant des impulsions de Bragg de forme
tangentes hyperboliques (tgh) [Kovachy et al., 2012] d’ordre n = 1. Ce type
d’impulsion donne de très bonnes efficacités de diffraction et tire pleinement
parti de la puissance laser, permettant de réaliser des impulsions de plus courtes
durées que des impulsions gaussiennes. Cela présente l’avantage, dans le cas
d’une durée totale d’interféromètre limitée (2T = 12 ms actuellement sur notre
expérience), de pouvoir réaliser un plus grand nombre d’impulsions. D’autre
part, ce type d’impulsion permet également de mieux exploiter les pertes LZ
qui interfèrent efficacement à l’ordre n = 1 par rapport aux impulsions de type

1. Pour des valeurs de N élevées, les interféromètres parasites n’étant pas filtrés par la détec-
tion sont des interféromètres ayant une aire interférométrique proche de celle de l’interféromètre
principal ayant réalisé un transfert de 2(N + 1)h̄k.
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Figure 59 – Moyenne de 5 images obtenues en sortie d’un interféromètre LMT cor-
respondant à un transfert de 150 h̄k (N = 75). Les rectangles noirs représentent i) la
position des atomes dans les deux états de Bragg de l’interféromètre principal (haut
de l’image) et ii) la position des atomes issus d’une perte sur la première impulsion
π/2 (bas de l’image). Les carrés rouges représentent les boites de détection associées
aux deux états de Bragg qui optimisent la visibilité des franges d’interférences de
l’interféromètre principal.

carré.

La durée entre chaque impulsion est tc = 1 µs et nous avons fixé le temps de
propagation libre tel que T′ = tc. Les durées des impulsions séparatrices et
miroirs (correspondant aux phases de Rabi φR = π/2 et φR = π) sont choi-
sies pour le couple optimal {γmax, σ}opt, ce qui revient à choisir γmax = 0.5 et
σπ = 35 µs à l’ordre n = 1. Nous mesurons ensuite la population normalisée 2

dans les deux ports de sortie principaux de l’interféromètre (i.e. les deux états
de Bragg) après un temps de vol de 18 ms, permettant de séparer spatialement
ces deux états d’impulsion (fig 59). Un saut de phase permettant de moduler
la phase de l’interféromètre est appliqué sur la dernière impulsion N d’accé-
lération que l’on fait varier sur un intervalle de 0 à 2π afin de déterminer la
visibilité associée aux franges d’interférences à l’aide d’un ajustement sinusoïdal.

2. C’est à dire P1/(P0 + P1), avec P0 (resp. P1) la population dans l’état |0h̄k⟩ (resp. |2h̄k⟩
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En pratique, le nombre Nd d’atomes détectés en sortie d’un interféromètre LMT
est de l’ordre de Nd ∼ 1000, ce qui revient à environ une dizaine de photons par
pixel. Ce nombre est proche du seuil de détection de notre système d’imagerie,
ce qui rend difficile le traitement et l’analyse des données. Un exemple d’un
signal en sortie d’un interféromètre LMT est illustré à la figure 59 pour un
transfert en impulsion de 150 h̄k (N = 74). Pour améliorer le rapport signal à
bruit, nous ajustons la taille des boîtes de détection afin d’optimiser la visibilité
des franges d’interférences obtenues en sortie d’interféromètre. Ce mode de
détection revient à effectuer un filtrage de la distribution atomique afin de ne
sélectionner uniquement que des atomes ayant une vitesse inférieure au recul.
Ce filtrage en vitesse permet ainsi de s’affranchir partiellement des atomes
ayant subi une émission spontanée.

Interféromètre 178h̄k

A partir de cette configuration d’interféromètre, nous avons obtenu une sépa-
ration en impulsion de 178h̄k (N = 88), qui est à notre connaissance la plus
grande séparatrice atomique réalisée à partir de processus de diffraction sé-
quentielle. Pour cet interféromètre, la durée T est 6 ms, ce qui correspond à
une séparation spatiale ∆z ∼ 3 mm. Nous modulons la phase à partir d’un
saut de phase δϕ réalisé sur la dernière impulsion d’accélération dans le but de
limiter l’effet des interféromètres parasites. Nous mesurons des franges avec
une visibilité de 3.9%± 0.7% extraite à partir d’un ajustement sinusoïdal (fig 60).

Actuellement sur notre expérience, le transfert maximal d’impulsion que nous
pouvons réaliser est limité par le champ de vue de notre système de détection,
qui oblige à réaliser des interféromètres d’une durée maximale de 12 ms, ce
qui limite le nombre d’impulsions N que nous pouvons effectuer. L’autre limite
est le faible nombre d’atomes détectés. Pour N = 88, les pertes d’atomes par
émission spontanée (ES) sont d’environ 40%, à cela s’ajoutent les pertes par
sélectivité en vitesse (SV) en début d’accélération. La figure (fig 52a) indique
qu’environ 45% des atomes sont perdus sur les N = 10 premières impulsions
d’accélération, la proportion d’atomes restants passant alors de 80% (N = 1)
à 45% pour N = 10 (fig 52a). En considérant une efficacité de diffraction par
impulsion d’environ 99% à partir de N = 10, il reste en sortie d’interféromètre
environ seulement 60%︸︷︷︸

ES

× 45%︸︷︷︸
SV

×(99%)2N−10 ∼ 5% du nombre d’atomes initial.
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𝛿𝜙 (rad)

Population

Figure 60 – Franges d’interférences obtenues pour l’interféromètre 178h̄k. Chaque
donnée expérimentale est la moyenne de 3 mesures dont l’incertitude statistique sur la
moyenne est représentée par la barre d’erreur. La courbe en trait plein est le résultat
d’un ajustement sinusoïdal dont la visibilité extraite est de V = 3.9% ± 0.7%

En augmentant le nombre N d’impulsions, nous observons une diminution de
la visibilité : 90% pour N = 0 (i.e. un interféromètre 3 impulsions) contre 3.9%
pour N = 88. Cette baisse de visibilité, commune aux interféromètres LMT,
peut être due à plusieurs effets. Dans notre cas, les pertes d’atomes (LZ ou par
émission spontanée) qui n’interfèrent pas en sortie d’interféromètre mais qui
sont détectées diminuent ainsi la visibilité mesurée.

Un autre effet limitant la visibilité est lié aux inhomogénéités des faisceaux laser
[Chiow et al., 2011]). Sur notre expérience nous mesurons une diminution de la
visibilité lorsque le nuage d’atomes est plus étendu dans la direction transverse
aux faisceaux laser, et donc plus sensible à ces effets d’inhomogénéité.
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Conclusion

Ce chapitre a présenté le principe des interféromètres à grands transferts d’im-
pulsions reposant sur la diffraction séquentielle de Bragg. Dans ce contexte, nous
avons démontré un interféromètre de 178h̄k avec une visibilité de 3.9% ± 0.7%.
Afin de s’affranchir des interféromètres parasites liés aux courtes durées de
notre interféromètre, nous avons étudié leur impact sur les mesures de visibilité.
Ces interféromètres parasites ont une incidence faible sur nos mesures de visi-
bilité, notamment lorsque le saut de phase permettant de mesurer des franges
d’interférences est réalisé sur la dernière impulsion d’accélération. Par ailleurs,
pour des durées d’interféromètres plus grandes, ces interféromètres parasites
seront moins problématiques. Cette étude a permis de conforter la visibilité
mesurée pour l’interféromètre 178h̄k, et marque une étape vers l’interféromètre
à bras séparés que nous envisageons.
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Conclusion & Perspectives

Conclusion générale

Dans ce manuscrit, j’ai présenté les travaux réalisés pendant ma thèse sur le
dispositif expérimental de l’équipe Interférométrie Atomique du LCAR. Ces
travaux ont contribué au développement d’un interféromètre atomique à grands
transferts d’impulsion fondé sur l’utilisation de sources d’atomes ultra-froids et
de réseaux optiques.

➤ Le premier chapitre a exposé des notions théoriques permettant de
comprendre des concepts généraux d’interférométrie atomique. J’ai éga-
lement introduit dans ce chapitre une étude théorique sur le calcul de
la phase de l’interféromètre permettant de rendre compte des effets de
type Aharonov-Bohm et des corrections non quadratiques apparaissant
pour des interféromètres atomiques à bras séparés. Enfin, j’ai présenté le
dimensionnement de l’interféromètre à grande séparation spatiale que
nous envisageons en vue de tests de la neutralité de l’atome.

➤ Dans le second chapitre j’ai présenté notre dispositif expérimental avec
lequel nous obtenons, à partir d’un refroidissement par évaporation dans
un piège tout-optique, une source de N = 3 × 104 atomes condensés à
une température effective de 30 nK. J’ai également détaillé la mise en
place expérimentale d’un réseau de lancement permettant d’accélérer les
atomes par oscillations de Bloch. Ce lancement offrira la possibilité de
créer des interféromètres en configuration fontaine pour bénéficier de
plus longs temps d’interrogation. Cette méthode a également permis la
réalisation d’une technique de manipulation dans l’espace des phases ap-
pelée delta-kick collimation. Cette technique, qui produit une réduction
de la dispersion en vitesse du nuage d’atomes, nous a permis d’atteindre
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des températures effectives d’environ 2 nK.

➤ Le troisième chapitre a porté sur une étude théorique et expérimentale
de la diffraction atomique à ordre élevé dans le régime de quasi-Bragg.
Dans un premier temps j’ai présenté notre modèle numérique fondé
sur la résolution de l’équation de Schrödinger. Le bon accord obtenu
entre ce modèle et nos résultats expérimentaux a permis de distinguer
deux sous-régimes : celui des interactions courtes, limité par des pertes
Landau-Zener provoquant l’apparition de phases de diffraction, et celui
des interactions longues, limité par la sélectivité en vitesse. Nous avons
montré que l’efficacité de diffraction maximale se situe à la frontière entre
ces deux sous-régimes. Dans un second temps, une étude sur le caractère
multi-chemins d’interféromètres dans le régime de quasi-Bragg a été
réalisée pour des interféromètres utilisant des séparatrices d’ordre n = 5
et a mis en évidence le lien entre les pertes Landau-Zener et les phases
multi-chemins associées.

➤ Dans le dernier chapitre j’ai présenté le principe de la diffraction de
Bragg séquentielle utilisée pour la réalisation d’interféromètres à grands
transferts d’impulsion (LMT). Grâce à cette méthode, nous avons démon-
tré un interféromètre de 178h̄k, qui correspond à ce jour au plus grand
transfert d’impulsion obtenu pour ce genre de dispositif. J’ai également
présenté dans ce chapitre des résultats préliminaires sur l’ordre de dif-
fraction le plus pertinent à utiliser pour la réalisation d’interféromètres
LMT. Dans un second temps j’ai introduit notre méthode fondée sur
la détection en phase de l’interféromètre permettant de s’affranchir de
la plupart des interféromètres parasites. Une étude des interféromètres
parasites subsistants a été réalisée et a montré leur faible impact sur
la visibilité mesurée. Cette étude a permis de conforter les mesures de
visibilité réalisée sur notre interféromètre 178 h̄k et marque une étape
vers l’interféromètre à bras séparés que nous envisageons.

Perspectives

Les résultats présentés dans ce manuscrit peuvent se diviser principalement en
deux parties : une première concernant la source atomique (❏) et une seconde
traitant de l’optique atomique (❏), i.e. concernant les expériences de diffraction
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et d’interférométrie. Chacune de ces parties donne lieu à des perspectives que
j’expose dans cette section.

Perspectives à moyen terme

❏❏ Fontaine atomique et amélioration du DKC Nous réalisons actuellement
sur notre expérience des accélérations par oscillations de Bloch jusqu’à des vi-
tesses de 40 vr = 160 mm/s, permettant d’atteindre des températures effectives
d’environ 2 nK par delta-kick collimation. Pour atteindre le régime sub-nK,
nous devons augmenter le temps d’expansion, ce qui nécessite également d’aug-
menter la vitesse de lancement. Pour cela il faut soit augmenter la profondeur
du réseau pour pouvoir augmenter l’accélération tout en respectant le critère
d’adiabaticité (chapitre 2), soit la durée du lancement. Etant donné le faible
waist de notre réseau de lancement, cela entraîne un chauffage du nuage et une
perte d’atomes (chapitre 2). Avec le même dispositif laser que celui que nous
utilisons actuellement, nous envisageons de repenser la mise en forme du réseau
de lancement afin d’augmenter son waist et pouvoir ainsi atteindre le régime
sub-nK. Il faudra pour cela revoir la géométrie du piège dipolaire servant à
obtenir le condensat, puisqu’un des deux bras du réseau de lancement est utilisé
pour le refroidissement par évaporation.
Actuellement les plus faibles dispersions en vitesse obtenues par DKC (infé-
rieures à 100 pK) ont été réalisées en micro-gravité [Deppner et al., 2021] ou sur
des dispositifs expérimentaux de très grande dimension
[Kovachy et al., 2015b] ayant accès à de longs temps d’expansion. Afin d’at-
teindre ces mêmes régimes de dispersion en vitesse, nous envisageons de
réaliser plusieurs lancements successifs, dans le but d’obtenir des temps d’ex-
pansion proches de ceux disponibles avec les dispositifs expérimentaux de
grande dimension. Pour ces longs temps d’expansion, il faudra néanmoins
envisager un nouveau piège optique pour réaliser le DKC avec un waist plus
grand que celui que nous utilisons actuellement, afin ne pas être limité par les
non-harmonicités du potentiel gaussien (chapitre 2).

D’un point de vue interférométrique, les longs temps d’interrogation obtenus en
configuration de fontaine atomique permettront notamment de mieux séparer
spatialement les interféromètres parasites au moment de la détection lors de
la réalisation d’interféromètres LMT (chapitre 4), et d’obtenir une meilleure
estimation de la visibilité ainsi qu’un meilleur contrôle des phases multi-chemins
associées.
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❏ Optimisation du chargement dans le piège dipolaire Dans le but d’aug-
menter le nombre d’atomes dans le condensat, il est utile de maximiser le
nombre d’atomes chargés dans le piège dipolaire. Pour cela, une solution
consiste à augmenter la puissance de ce piège, ce qui permet alors d’en augmen-
ter sa profondeur et ainsi de maximiser le volume de capture. Ce processus est
néanmoins limité par la puissance laser disponible sur le dispositif expérimental.
L’autre solution consiste à produire un piège magnéto-optique avec une densité
spatiale plus élevée et une température plus faible, par exemple en ajoutant une
étape supplémentaire consistant à réaliser une "mélasse sombre" (dark molasse)
[Zhibin, 2022]. Par ailleurs, l’association d’un refroidissement par mélasse grise
et d’une modulation spatiale de faisceaux dipolaires [Rabault, 2019] a égale-
ment permis d’améliorer le nombre d’atomes chargés dans le piège dipolaire.
Ces méthodes sont des exemples de configuration qui pourront être mises en
place sur notre dispositif expérimental afin d’augmenter le nombre d’atomes
final dans le condensat pour de futures expériences.

❏ Sensibilité en phase des interféromètres LMT Durant ma thèse, nous
avons obtenu les premiers résultats d’interféromètres à grands transferts d’im-
pulsion, dont le facteur de mérite pour ces expériences a été l’estimation de la
visibilité. Nous nous intéressons actuellement à la caractérisation de la sensibi-
lité en phase de ces interféromètres. Nous prévoyons pour cela de réaliser un
gravimètre qui consiste à mesurer l’accélération gravitationnelle locale et d’étu-
dier l’évolution de la sensibilité de l’interféromètre LMT en fonction de son aire
spatio-temporelle.

𝑔(𝑡)

Temps (ms)

Nous envisageons également de tester la fonc-
tion de réponse de ces interféromètres LMT à
partir de mesures de la fonction de sensibilité
[Decamps et al., 2018]. Des résultats préliminaires
pour des interféromètres N = 3 ont par ailleurs
déjà été démontrés dans l’équipe.
Nous prévoyons également de caractériser les dé-
phasages associés au caractère multi-chemins des interféromètres LMT. Dans le
cas d’un interféromètre à trois impulsions, Siemß et al. [Siemß et al., 2022] ont
démontré la possibilité de supprimer les phases multi-chemins grâce à un choix
particulier de paramètres d’impulsion. Nous envisageons de tester ces para-
mètres sur notre dispositif expérimental afin d’étudier ces phases multi-chemins
et évaluer leur impact dans le cas d’interféromètres LMT.
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❏ Nouveau système laser pour les expériences LMT Comme nous l’avons
vu au chapitre 4, une des limites à la réalisation d’interféromètres LMT est la
perte d’atomes par émission spontanée. Pour limiter cet effet, nous envisageons
de mettre en place un nouveau système laser s’inspirant de celui développé
dans l’équipe de M. Kasevich [Kim et al., 2020]. Nous prévoyons pour cela un
système délivrant une puissance laser de 10 W à 780 nm, correspondant à
une augmentation d’un facteur 30 par rapport à notre dispositif actuel. Cette
puissance laser permettrait de conserver les paramètres optimaux de diffrac-
tion (chapitre 3) tout en ayant un désaccord à un photon beaucoup plus élevé
(> 300 GHz), diminuant ainsi significativement le taux d’émission spontanée.
Un autre effet qu’il faudra considérer pour la réalisation d’interféromètres à
grande séparation spatiale est celui associé au déplacement lumineux. En ef-
fet, les potentiels dipolaires entraînent un décalage en énergie proportionnel
à l’intensité laser locale. Ces potentiels peuvent alors causer des déphasages
différentiels si l’intensité n’est pas la même pour les deux bras de l’interfé-
romètre. En s’inspirant de [Kovachy et al., 2015a], nous prévoyons la mise en
place d’un réseau de diffraction supplémentaire avec un désaccord à un photon
équivalent mais opposé, permettant ainsi de réduire grandement ces effets de
déplacements lumineux.

❏ Atténuation des vibrations Le réseau de Bragg que nous utilisons pour les
expériences d’interférométrie est créé à partir d’un miroir de rétro-réflexion.
Dans cette configuration, une fluctuation aléatoire de la position du miroir peut
induire des fluctuations de phase limitant la sensibilité de la mesure. La mise en
place d’une plateforme anti-vibrations permettra de limiter ces effets. D’autre
part, afin de tirer pleinement parti de la sensibilité offerte par la grande aire
spatio-temporelle des interféromètres LMT, nous envisageons de réaliser un
interféromètre double en configuration gradiomètre [Foster et al., 2002]. Cette
configuration permet de s’affranchir de bruits de vibrations communs, puisque
les deux interféromètres partagent le même miroir de rétro-réflexion.

❏ Optimisation de l’efficacité de diffraction Afin de limiter les pertes au
cours de l’interféromètre, nous prévoyons d’améliorer par une technique de
contrôle optimal [Saywell et al., 2020] l’efficacité de diffraction des impulsions
LMT en contrôlant de façon simultanée l’amplitude ainsi que la phase du
réseau. Des résultats préliminaires, en collaboration avec le groupe de D. Sugny
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(laboratoire ICB, Dijon), prévoient des efficacités supérieures à 99 % en partant
d’une dispersion en vitesse initiale de 30 nK.

Perspectives à plus long terme
Vanne

Cham
bre

interférom
étrique

Cham
bre

principale

❏❏ Nouveau dispositif expérimental En vue
des tests de la neutralité de la matière (chapitre
1), nous prévoyons la construction d’un nouveau
dispositif expérimental. Cette nouvelle expérience
découplera la chambre principale dans laquelle
est produite la source ultra-froide de la chambre
interférométrique. Cette configuration permettra
donc d’installer des potentiels d’interaction avec un accès simplifié. Notre
chambre principale actuelle ayant été développée pour une puce atomique
[Alibert, 2017], ce nouveau dispositif bénéficiera également d’accès optiques
plus adaptés permettant d’améliorer les performances de la source. On pourrait
par exemple s’inspirer de la géométrie développée par [Yamashita et al., 2017],
qui a permis d’obtenir un condensat de 106 atomes en 3 secondes.

𝑧
Réseau

𝑡

|𝑝!⟩
|𝑝 !
+
2ℏ
𝑘⟩

|𝑝! − 2ℏ𝑘⟩

|𝑝!⟩

|𝑝!⟩

❏ Nouvelle géométrie d’interféromètre
La démonstration d’interféromètres dans
lesquels les atomes sont maintenus dans
un réseau optique est aujourd’hui étudiée
dans plusieurs groupes [Pelle et al., 2011],
[Panda et al., ], puisqu’elle permet d’at-
teindre des temps d’interrogation de plu-
sieurs secondes. Pour les expériences que
nous envisageons, cette géométrie serait

une alternative prometteuse puisqu’elle permettrait d’augmenter le temps d’in-
teraction avec les potentiels, et donc la sensibilité sur la mesure de neutralité.
Pour cela, il faudra substituer à la géométrie Mach-Zehnder une géométrie
où les atomes sont dans le même état d’impulsion au moment du chargement
dans le réseau, par exemple avec un interféromètre 4 impulsions réalisé à partir
de double diffraction de Bragg. D’autre part, même sans réaliser le maintien
dans un réseau, cette géométrie symétrique d’interféromètre permettrait que
les atomes, dans le même état d’impulsion, explorent des zones de potentiel
similaires durant leur passage dans les électrodes, minimisant ainsi la phase de
polarisabilité intégrée (chapitre 1).
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ANNEXE A
Atome à deux niveaux

Je présente dans cette annexe des développements concernant l’évolution d’un
atome à deux niveaux en interaction avec un champ monochromatique cohérent
présenté à la section 1.1.1 (chapitre 1).
Considérons un atome de quantité de mouvement p̂ modélisé par deux états
internes | f ⟩ et |e⟩ dont l’écart en énergie vaut h̄ω0 = h̄(ωe − ω f ), et couplé à
une onde laser progressive : E = E0 cos(−ωt − φL + kẑ).
L’hamiltonien Ĥa décrivant les degrés de liberté interne et externe de l’atome
s’écrit :

Ĥa =
p̂2

2m
+ h̄ω0|e⟩⟨e|. (159)

Puisque [ p̂, Ĥa] = 0, les états propres de l’hamiltonien Ĥa s’écrivent comme des
ondes planes : | f , p⟩ et |e, p′⟩.
Dans l’approximation du champ tournant, l’interaction atome-laser est décrite
par l’hamiltonien ĤAL d’interaction :

ĤAL =
h̄Ω0

2

[
ei(−ωt−φL+kẑ) | f , p⟩⟨e, p′|+ e−i(−ωt−φL+kẑ) |e, p′⟩⟨ f , p|

]
, (160)

avec Ω0 = −
d f ,e.E

h̄
la pulsation de Rabi et d f ,e les éléments de matrice de

l’opérateur moment dipolaire électrique.
En considérant l’atome dans l’état d’impulsion |p⟩, l’opérateur e±ik.ẑ agit comme
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un opérateur de translation de l’impulsion tel que e±ik.ẑ |p⟩ = |p±h̄k⟩. Il vient
alors :

ĤAL|p⟩ =
h̄Ω0

2
e−i(ωt−φL) e−ikẑ |p′⟩ = h̄Ω0

2
ei(ωt−φL) |p′ − h̄k⟩.

ĤAL|p′⟩ =
h̄Ω0

2
ei(−ωt−φL) eikẑ |p⟩ = h̄Ω0

2
e−i(−ωt−φL) |p + h̄k⟩.

(161)

L’hamiltonien d’interaction ĤAL ne couple alors que | f , p⟩ à |e, p + h̄k⟩, et la
fonction d’onde du système s’écrit :

|ψ(t)⟩ = c f (t)| f , p⟩+ ce(t)|e, p + h̄k⟩. (162)

Nous obtenons les énergies propres h̄ω f ,p et h̄ωe,p+h̄k de l’hamiltonien Ĥa :
Ĥa| f , p⟩ = h̄ω f ,p| f , p⟩ = p2

2m
| f , p⟩,

Ĥa|e, p + h̄k⟩ = h̄ωe,p+h̄k|e, p + h̄k⟩ =
(

h̄ω0 +
(p + h̄k)2

2m

)
|e, p + h̄k⟩.

(163)

Nous réécrivons l’équation (162) :

|ψ(t)⟩ = γ f (t) e−iω f ,pt | f , p⟩+ γe(t) e−iωe,p+h̄kt |e, p + h̄k⟩. (164)

A partir de l’équation de Schrödinger : ih̄ d|ψ(t)⟩
dt = (Ĥa + ĤAL)|ψ(t)⟩, nous

obtenons un système d’équations couplées :
dγ f (t)

dt
= −i

Ω0

2
γe(t) ei(∆t+φL),

dγe(t)
dt

= −i
Ω0

2
γ f (t) e−i(∆t+φL),

(165)

où h̄∆ = h̄(ω − ω f ,p − ωe,p+h̄k) est le désaccord laser par rapport aux deux
niveaux fondamentaux | f , p⟩ et |e, p + h̄k⟩. A partir des équations (163), nous
pouvons réécrire ce désaccord :

∆ = δ − ωD − ωR, (166)

avec δ le désaccord entre la fréquence laser et ω0, ωD = kp/m le décalage
Doppler, et ωR = h̄k2/2m le décalage lié à l’impulsion de recul du photon.
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En introduisant la pulsation de Rabi généralisée : ΩR =
√

Ω2
0 + ∆2, et à par-

tir du système (165) et des équations (162),(164), l’évolution temporelle de la
fonction d’onde après la traversée d’une impulsion de durée τ est donnée par
[Gauguet, 2008] :

c f (t0 + τ) = ei∆τ/2
[

ce(t0) ei(∆t0+φL)

(
−i

Ω0

ΩR
sin
(

ΩRτ

2

))]
+ ei∆τ/2

[
c f (t0)

(
cos

(
ΩRτ

2

)
− i

∆
ΩR

sin
(

ΩRτ

2

))]
, (167)

ce(t0 + τ) = e−i∆τ/2
[

ce(t0)

(
cos

(
ΩRτ

2

)
+ i

∆
ΩR

sin
(

ΩRτ

2

))]
+ e−i∆τ/2

[
c f (t0) e−i(∆t0+φL)

(
−i

Ω0

ΩR
sin
(

ΩRτ

2

))]
, (168)

Les équations (167) et (168) peuvent être réécrites sous la forme matricielle
à partir de la matrice de transfert S d’une impulsion laser telle que :

|ψ(t0 + τ)⟩ = S|ψ(t0)⟩, (169)

avec S :

S =


ei∆t/2

(
cos

(
ΩRt

2

)
− i ∆

ΩR
sin
(

ΩRt
2

))
ei∆t/2

(
−i ei(∆t0+φL) Ω0

ΩR
sin
(

ΩRt
2

))

e−i∆t/2
(
−i e−i(∆t0+φL) Ω0

ΩR
sin
(

ΩRt
2

))
e−i∆t/2

(
cos

(
ΩRt

2

)
+ i ∆

ΩR
sin
(

ΩRt
2

))
 .

(170)

Dans le cas où l’atome est initialement dans l’état | f , p⟩, la probabilité de
transition vers l’état |e, p + h̄k⟩ est :

P|e,p+h̄k⟩(t) = |⟨e, p + h̄k|S| f , p⟩|2 =

(
Ω0

ΩR

)2

sin2
(

ΩRt
2

)
. (171)

Pour la suite, nous considérons ∆ = 0. Dans ce cas, ΩR = Ω0 et l’équation (171)
est égale à l’équation 4 du chapitre 1.
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— Pour une impulsion π/2 (Ω0τ = π/2), la matrice de transfert s’écrit :

Sπ/2 =
1√
2

(
1 −i eiφL

−i e−iφL 1

)
, (172)

permettant d’obtenir une superposition cohérente entre | f , p⟩ et |e, p +
h̄k⟩.

— Pour une impulsion π (Ω0τ = π), la matrice de transfert devient :

Sπ =

(
0 −i eiφL

−i e−iφL 0

)
, (173)

permettant un transfert total de l’état | f , p⟩ vers |e, p + h̄k⟩.
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ANNEXE B
Atome à trois niveaux

Nous nous intéressons au couplage de deux états | f ⟩ et |e⟩ via un état intermé-
diaire |i⟩ (fig 3 chapitre 1) par deux faisceaux contra-propageants de vecteur
d’onde k1,2, de pulsation ω1,2 et de pulsations de Rabi à un photon Ω1,2. On
note le désaccord à deux photons δ = ω1 − ω2 − ω2→1 (avec h̄ω2→1 l’écart en
énergie entre les deux états | f ⟩ et |e⟩), et ∆ = ω1 − ω3→1 le désaccord à un
photon (avec h̄ω3→1 l’écart en énergie entre les deux états | f ⟩ et |i⟩). Pour la
suite, nous négligeons les degrés de liberté externes de l’atome. Dans ce cas,
l’hamiltonien du système à trois niveaux s’écrit, dans l’approximation du champ
tournant :

H = −h̄
(

∆ + i
Γ
2

)
|i⟩⟨i| − h̄δ|e⟩⟨e|+ h̄Ω1

2
(|i⟩⟨ f |+ | f ⟩⟨i|) + h̄Ω2

2
(|i⟩⟨e|+ |e⟩⟨i|) ,

(174)

où le terme iΓ/2 (avec Γ la largeur naturelle de l’état excité) tient compte de
l’émission spontanée de |i⟩ vers d’autres états que |e⟩ et | f ⟩.
La fonction d’onde associée à cet hamiltonien est de la forme :

ψ = ci|i⟩+ c f | f ⟩+ ce|e⟩. (175)
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A partir de l’équation de Schrödinger, nous pouvons écrire le système d’équa-
tions régissant l’évolution du système composé des trois états {| f ⟩, |e⟩, |i⟩} :



ċ f (t) = −i Ω1
2 ci(t)

ċe(t) = −i Ω2
2 ci(t) + iδce(t)

ċi(t) = i
(
∆ + i Γ

2

)
ci(t)− i Ω1

2 c f (t)− i Ω2
2 ce(t)

(176)

Lorsque |∆ + i Γ
2 | ≫ Ω1,2, le terme ci(t) évolue beaucoup plus rapidement que

les termes c f (t) et ce(t). Dans ce cas, l’état ci(t) peut être considéré comme

un état stationnaire tel que : ċi(t) = 0 ⇒ ci =
Ω1/2

∆ + iΓ/2
c f +

Ω2/2
∆ + iΓ/2

ce. Cette

approximation est appelée élimination adiabatique.
En remplaçant ci dans (176), le système d’équations se ramène alors à un sys-
tème à deux niveaux effectifs | f ⟩ et |e⟩ :


ċ f = −i

(
Ω2

1/4
∆2 + Γ2/4

∆ − i
Ω2

1/4
∆2 + Γ2/4

Γ
2

)
c f − i

(
Ω1Ω2/4

∆2 + Γ2/4
∆ − i

Γ
2

Ω1Ω2

∆2 + Γ2/4

)
ce,

ċe − i

(
δ +

Ω2
2/4

∆2 + Γ2/4
∆ − i

Ω2
2/4

∆2 + Γ2/4
Γ
2

)
ce − i

(
Ω1Ω2/4

∆2 + Γ2/4
∆ − Γ

2
Ω1Ω2

∆2 + Γ2/4

)
c f ,

(177)

où l’on introduit Γeff =
Ω1Ω2Γ/4
∆2 + Γ2/4

, le taux d’amortissement effectif qui carac-

térise l’amortissement de l’oscillation de Rabi entre les deux états | f ⟩ et |e⟩.
En général, il convient de choisir ∆ tel que : ∆ ≫ Γ. Dans ce cas, le système
d’équations (177) peut se réécrire :


ċ f = −i

Ω1(t)2

4∆
c f (t)−

i
2

Ωeffce

ċe(t) = −i
(

Ω2(t)2

4∆
− δ

)
ce −

i
2

Ωeffc f ,

(178)

et est équivalent à un système décrivant l’évolution d’un atome en interaction
avec une onde laser effective de pulsation ωeff = ω2 − ω1, de vecteur d’onde
effectif keff = k2 − k1 et de phase effective φeff

L = φL,2 − φL,1 .
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Le couplage à deux photons entre les états fondamentaux est modélisé par la
pulsation de Rabi effective :

Ωeff =
Ω1Ω2∆

2 (∆2 + Γ2/4)
∼ Ω1Ω2

2∆
. (179)
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ANNEXE C
Calcul du déphasage des

interféromètres Ramsey et
Ramsey-Bordé

Nous nous intéressons aux calculs des déphasages des interféromètres π/2 −
π/2 de type Ramsey et π/2 − π/2 − π/2 − π/2 de type Ramsey-Bordé. Nous
considérons un atome dans un champ de pesanteur constant avec une vitesse
initiale v0 et un désaccord atome-laser δ. L’hamiltonien correspondant est li-
néaire en position (mgẑ) et quadratique en impulsion (p̂2/(2m)), et le déphasage
se calcule avec la phase du point milieu définie à l’équation (44) du chapitre 1.

Interféromètre de Ramsey

L’interféromètre de Ramsey est représenté à la figure 61, il est réalisé à partir de
deux impulsions π/2 séparées par un temps T de propagation libre. En sortie
d’interféromètre, le déphasage ∆φR s’écrit :

∆φR =
2

∑
i=1

z̄i(k̄A,i − k̄B,i) + (δA,i − δB,i)ti + φLA,i − φLB,i (180)

= −k1z̄1(0) + k2z̄2(T) + (−δ1 × 0 + δ2 × T) + (−φL,1 + φL,2). (181)
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ANNEXE C. CALCUL DU DÉPHASAGE DES INTERFÉROMÈTRES
RAMSEY ET RAMSEY-BORDÉ
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Figure 61 – Schéma de l’interféromètre de Ramsey.

En considérant les paramètres laser constants pendant tout l’interféromètre
ki = keff, δi = δ et φLi = φL, il vient :

∆φR = −keffz̄1(0) + keffz̄2(T) + δT. (182)

En notant la position initiale des atomes z̄1 = 0 et v0 leur vitesse initiale, et
en en calculant la trajectoire moyenne moyenne z̄(t) soumise à l’accélération
gravitationnelle, il vient :

∆φR = keffT
(

v0 −
gT
2

)
+

h̄k2
eff

2m
T + δT. (183)

De manière équivalente, la trajectoire moyenne est obtenue à partir de la
trajectoire du point milieu en considérant une vitesse initiale v0 + h̄keff/(2m).
En notant que keff = 2k, il vient :

∆φR = 2kT
(

v0 −
gT
2

)
+ 4ωrT + δT. (184)

avec ωr = h̄k2/(2m) la pulsation de recul.

Le déphasage d’un interféromètre de Ramsey dépend donc d’un terme d’hor-
loge (∝ δ), d’un terme de recul (∝ ωr) et de la vitesse initiale v0 des atomes.

192



ANNEXE C. CALCUL DU DÉPHASAGE DES INTERFÉROMÈTRES
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Figure 62 – Schémas d’interféromètres de Ramsey-Bordé.

Comme le montre la figure 61, cet interféromètre ne se referme pas, les deux
ports de sortie étant séparés d’une distance ∆z. Par conséquent, la visibilité
V des franges d’interférences est limitée par la longueur de cohérence ζ du
nuage d’atomes tel que (chapitre 4) V ∝ e−∆z2/(2ζ2), avec ζ = h̄/σv, et σv la
distribution en vitesse de la source d’atomes. Pour mesurer une visibilité il faut
alors utiliser une source d’atomes avec une dispersion en vitesse suffisamment
faible. Un exemple plus détaillé de ce type d’interféromètre est présenté au
chapitre 4. Dans une configuration où l’interféromètre se referme, i.e. si chacun
des deux bras se recouvrent spatialement au moment de la dernière impulsion,
le déphasage n’est plus dépendant de la vitesse initiale des atomes. C’est le cas
par exemple de l’ interféromètre de Ramsey-Bordé présenté à la figure 62.

Interféromètre de Ramsey-Bordé

La séquence de l’interféromètre Ramsey-Bordé (RB) consiste en quatre impul-
sions π/2 (fig 62). Les deux premières impulsions, séparées d’un temps T, sont
réalisées dans la direction k et les deux dernières impulsions sont réalisées dans
la direction −k, également séparées d’un temps T. Le temps de propagation
entre chaque paire π/2 est noté T′ .
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Nous considérons dans un premier temps l’interféromètre 2 (rose fig 62). Le
déphasage ∆φRB,1 s’exprime :

∆φRB,2 =
4

∑
i=1

z̄i(k̄A,i − k̄B,i) + (δA,i − δB,i)ti + φLA,i − φLB,i

= −k1z̄1(0) + k2z̄2(T′) + k3z̄3(T + T′)− k4z̄4(2T + T′)

− δ1 × 0 + δ2 × T − δ3 × (T + T′) + δ4 × (2T + T′)

− φL,1 + φL,2 − φL,3 + φL,4. (185)

En considérant les paramètres laser constants : ki = keff, le désaccord δi = δ et
la phase laser φLi = φL, il vient :

∆φRB,2 = −keffz̄1(0) + keffz̄2(T′) + keffz̄3(T + T′)− keffz̄4(2T + T′) + 2δT.
(186)

Pour la suite nous posons keff = 2k.
En notant la position initiale des atomes z̄1 = 0 et v0 leur vitesse initiale, et en en
calculant la trajectoire du point milieu soumise à l’accélération gravitationnelle,
il vient :

∆φRB,2 = 8ωrT + 2kg
[
T2 + 2TT′]+ 2δT. (187)

De la même façon nous calculons le déphasage associé à l’interféromètre RB 1
(bleu fig 62) :

∆φRB,1 = −8ωrT + 2kg
[
T2 + 2TT′]+ 2δT. (188)

Une mesure différentielle entre ces deux interféromètres donne :

∆φRB = ∆φRB,1 − ∆φRB,2 = 16ωrT, (189)

rendant le déphasage indépendant de l’accélération gravitationelle et du temps
T′ de séparation entre les deux paires d’impulsion π/2, permettant ainsi une
mesure directe de la fréquence de recul.

De la même façon, la somme de ces deux interféromètres :

∆φRB = ∆φRB,1 + ∆φRB,2 = 4kg
[

T2 + 2TT′
]
+ 4δT, (190)

permet la réalisation d’horloges optiques.
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Résumé

Mon travail de thèse, réalisé au LCAR, contribue au développement de nouveaux
interféromètres atomiques fondés sur l’utilisation de condensats de Bose-Einstein et
de réseaux optiques. Notre dispositif est dimensionné afin de réaliser des tests de
neutralité atomique avec une nouvelle méthode fondée sur la phase d’Aharonov-Bohm
Scalaire. Une amélioration de plusieurs ordres de grandeur par rapport aux limites
actuelles est attendue. Dans ce manuscrit, je commence par exposer les principes d’in-
terférométrie atomique qui ont guidé le dimensionnement de notre interféromètre. Je
décris la source d’atomes ultra-froids et les premiers résultats de fontaine atomique
obtenus avec nos condensats de Bose-Einstein. Pour réaliser nos interféromètres ato-
miques, les condensats sont manipulés par des réseaux optiques dans le régime de
quasi-Bragg. Afin de mieux comprendre les limites de ces séparatrices atomiques, j’ai
mené une étude numérique et expérimentale que j’expose dans le troisième chapitre.
Je commente notamment l’impact lié à la nature multi-chemins des interféromètres
atomiques réalisés dans ce régime, qui mènent à des interféromètres parasites pouvant
limiter l’estimation de la phase. Enfin, lors de ma thèse j’ai démontré des mesures
de déphasage interférométrique avec une séparation en impulsion correspondant à
l’impulsion de 178 photons. Ce transfert d’impulsion est au niveau de l’état de l’art
pour ce type de dispositif et constitue un pré-requis pour l’obtention des séparations
spatiales envisagées.

Abstract

This work contributes to the development of new atom interferometers based on the
use of Bose-Einstein condensates and optical lattices. Our experiment is set up to
perform matter neutrality tests with a new method based on scalar Aharonov-Bohm
phase. An improvement of several orders of magnitude over current limits is expected.
In my thesis, I begin to present interferometry principles which guided the design
of our interferometer. I describe the ultra-cold atom source and the first results of
atomic fountain achieve with our Bose-Einstein condensates. To realize our atom
interferometers, condensates are manipulated by optical lattices in the quasi-Bragg
regime. In order to have a better understanding of the limits of these interferometers,
I made both numerical and experimental studies that I present in the third chapter.
Especially I discuss the impact of multi-port atom interferometers based on this regime
and lead to spurious interferometers that limit phase estimation. Finally I demonstrate
interferometer phase shift with a separation corresponding to the momentum of 178
photons. This momentum transfer is state-of-the-art for this setup and paves the way
for the expected spatial separation.
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