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Chapitre premier

Introduction

I.1 Interactions à courte distance et cinquième force
Parmi les grands défis actuels de la physique demeure l’unification de la description

des interactions fondamentales. Les interactions électromagnétique, nucléaire faible et
nucléaire forte sont aujourd’hui bien expliquées par la théorie quantique des champs.
Le modèle standard obtenu dans le cadre de cette théorie a ainsi un pouvoir explicatif
et prédictif remarquable, couronné par la découverte du boson de Higgs cinquante ans
après sa prédiction. De son côté, la gravitation est aujourd’hui décrite par la théorie de
la relativité générale, qui possède elle aussi une excellente validation dans son domaine
d’application, avec par exemple la détection d’ondes gravitationnelles prédites soixante
ans auparavant.

Ces deux théories, relativité générale et théorie quantique des champs, sont cependant
généralement considérées comme incompatibles, en particulier dans leur approche ma-
thématique. De plus, certains phénomènes demeurent inexpliqués par les deux théories,
citons par exemple les natures de la matière noire et de l’énergie noire, ou l’asymétrie
matière-antimatière observée dans l’univers.

Pour tenter d’unifier la description de la gravitation avec celle des autres interactions
fondamentales, différentes théories au-delà du modèle standard ont été proposées. Cer-
taines de ces théories [AHN03] prédisent des varations de la force gravitationnelle par
rapport à la gravité newtonienne standard. On peut paramétrer ces déviations par un
potentiel de type de Yukawa qui s’écrit sous la forme :UYuk(𝑟) = −G𝑚1𝑚2𝑟 (1 + 𝛼𝑒−𝑟/𝜆) (i.1)

avec 𝛼 l’amplitude relative de la déviation à la gravitation newtonienne et 𝜆 sa portée 𝜆.
Différentes théories prédisent des déviations pour des couples (𝜆; 𝛼) différents. Un enjeu
est donc de mesurer la gravitation à différentes échelles de distance pour observer un
écart prédit par une théorie ou au contraire pour contraindre ces théories, en excluant
des zones dans l’espace (𝜆; 𝛼) où le comportement observé de la gravitation obéit bien à
une loi newtonienne dans la limite de sensibilité de la mesure.

On obtient ainsi un diagramme d’exclusion tel que celui présenté figure i.1, où
différentes zones (𝜆; 𝛼) ont été exclues par plusieurs séries d’expériences différentes selon
la portée 𝜆 sondée : des observations astronomiques (validation de la loi de Kepler), des
observations géophysiques de la rotation de la Terre ou des expériences de pendules de

1
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Figure i.1 – Diagramme d’exclusion (𝜆; 𝛼), des distances astrométriques aux interactions
entre particules. Figure extraite de [SUK14].

torsion à l’échelle du laboratoire.
Le projet expérimental ForcaG, sur lequel j’ai effectué ma thèse, s’inscrit dans ce

cadre. Son objectif premier consiste à réaliser des mesures de forces aussi sensibles que
possible pour des distances de séparation micrométriques afin d’améliorer les tests de
force gravitationnelle dans ce régime de distance. Pour ce faire, nous allons chercher à
mesurer la force d’interaction entre un objet macroscopique (dans notre cas un miroir) et
un atome placé à quelques micromètres de sa surface. À cette échelle de distance, la force
newtonienne du miroir sur l’atome est beaucoup trop faible pour être perceptible, de
l’ordre de 10−37 N pour un atome de rubidium distant de 1 µm du miroir, pour un poids de
l’atome de 1,4×10−24 N. Mais si l’amplitude de la déviation à cette portée micrométrique
est sufÏsamment importante, elle pourra être détectée. Dans le cas contraire, nous
pourrons cependant exclure des valeurs du couple (𝜆; 𝛼) pour des portées 𝜆 allant de0,5 à 10 µm. Les zones d’exclusion telles que prévues au début du projet, compte tenu
des performances attendues pour la mesure de force, sont représentées en pointillé sur
la figure i.2. Les zones déjà exclues par d’autres observations expérimentales y sont
représentées, ainsi que les prédictions paramétriques de quelques modèles. Cela étant,
depuis le lancement du projet, les résultats obtenus par [Che16] ont grandement amélioré
l’état de l’art actuel.

Dans ce régime de distance micrométrique, domine cependant une autre force entre
l’atome et la surface, de nature électromagnétique : la force de Casimir-Polder. Cette
force est purement décrite par la théorie quantique des champs et l’électromagnétisme
quantique, et va s’ajouter à notre mesure de potentielles déviations à la gravitation.
Les mesures de force réalisées à faible distance devront donc être corrigées de la force
de Casimir-Polder pour pouvoir réaliser un test de la gravitation. L’incertitude sur
la détermination théorique de cette force qu’il faut calculer pour les paramètres de
l’expérience limite alors la sensibilité des tests (courbe en pointillés bleus sur la figure i.2).
Cependant, en réalisant une mesure différentielle entre deux isotopes de rubidium, qui
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Figure i.2 – Diagramme d’exclusion (𝜆; 𝑎) centré autour des portées microscopiques.
Figure adaptée de [Che16]. Différentes prédictions théoriques sont représentées par des
zones colorées. Les courbes en pointillés représentent les contraintes visées au début de
l’expérience ForcaG il y a dix ans [Mes11 ; Sol16b], en soustrayant aux mesures de force
un modèle théorique de la force de Casimir-Polder précis à quelques pour cent (en bleu)
ou réalisant une mesure différentielle entre isotopes du rubidium (en rouge).
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possèdent une polarisabilité électronique très proche et donc environ la même sensibilité
à la force de Casimir-Polder, il serait possible de réaliser une mesure plus précise d’une
éventuelle force gravitationnelle (courbe en pointillés rouges).

Inversement, si l’on considère une absence de gravitation non newtonienne, notre
dispositif expérimental peut être un excellent capteur des interactions de Casimir-Polder
pour tester les théories quantiques de champ sous-jacentes.

I.2 Forces de Casimir-Polder
Le concept de force attractive à l’échelle microscopique entre particules neutres date

de 1873, avec l’introduction par Johannes Diderik van der Waals d’un terme correctif
à l’équation des gaz parfaits qui correspond à la prise en compte d’une force attractive
entre molécules du gaz.

L’origine de cette force pour des molécules apolaires a été expliquée par Fritz London
en 1930. Sous l’effet d’un champ électrique 𝐄(𝒓, 𝑡), une particule acquiert un moment
dipolaire instantané 𝒅 créé par le déplacement des électrons de ses couches externes :𝒅 = 𝛼𝐄(𝒓, 𝑡). (i.2)

L’interaction entre ce dipôle induit et le champ électrique incident produit en retour
une interaction dipolaire instantanéeV𝑎𝑙 = 𝛼𝐄(𝒓, 𝑡)2. (i.3)

Lorsque les oscillations du champ électrique sont plus rapides que le mouvement de
la particule, le champ électrique génère donc pour la particule polarisable un potentiel
dipolaire moyen U = ⟨𝒅 ⋅ 𝐄⟩𝑡 = −12𝛼𝐄(𝒓)2. (i.4)

Même si la valeur moyenne du champ électrique est nulle, du fait de l’énergie du point
zéro, le champ électromagnétique du vide fluctue, et le champ électrique possède donc
une valeur quadratique moyenne non nulle. Ces fluctuations du champ électrique peuvent
polariser une particule qui va induire un champ électrique au niveau d’une deuxième
particule et l’attirer : c’est la force de London.

On trouve ainsi un potentiel qui décroit selon la distance 𝑑 de séparation en 𝑑−6
[Dal11]. Des observations sur des particules colloïdales en suspension ont cependant
montré que cette force attractive décroissait à longue portée plus rapidement qu’en 𝑑−6.
Cette observation a été expliquée par Hendrik Casimir et Dirk Polder en 1948 [CP48]
par la prise en compte du retard dans la propagation du champ électrique dû à la vitesse
finie de la lumière. La transmission du champ électrique entre deux particules n’est pas
instantanée, mais du fait de corrélations résiduelles ⟨𝐄(𝒓A, 𝑡)𝐄(𝒓B, 𝑡)⟩ ≠ 0, un potentiel
attractif demeure, mais qui décroit en 𝑑−7 aux distances où le retard n’est pas négligeable.

De la même façon qu’entre deux particules, Casimir et Polder ont aussi considéré la
force entre une particule et un miroir parfait [CP48] et l’impact des effets de retard. Cette
force peut s’interpréter intuitivement comme la force attractive entre le dipôle instantané
d’une particule induit par les fluctuations du vide et son reflet dans le miroir. De manière
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plus formelle, à cause de la sélection des modes 𝐄 du champ électromagnétique imposée
par le miroir, l’équation (i.4) impose un potentiel attractif pour un miroir parfait.

La théorie de Casimir et Polder ne considère que des miroirs parfaits (𝜖 → +∞) et à
température nulle. Evgeny Lifshitz a étendu cette théorie pour prendre en compte des
matériaux réels, en particulier des diélectriques avec une constante diélectrique 𝜖 plus
faible que celles des métaux, et à température non nulle.

En fonction de la distance 𝑑 entre atome et miroir et de l’importance des effets de
retard, on distingue trois régimes d’interactions de Casimir-Polder [APS05] :

Régime de van der Waals Au voisinage immédiat de la surface, on peut considérer
l’interaction entre dipôles comme instantanée. La force se comporte dans ce régime
asymptotiquement en 𝑑−4 :FCP,vdW(𝑑) = 3ℏ4𝜋𝑑4 ∫∞0 𝛼(𝑖𝜉)4𝜋𝜀0 𝜖(𝑖𝜉) − 1𝜖(𝑖𝜉) + 1 d𝜉 (i.5)

Régime de Casimir-Polder Pour des distances de l’ordre des longueurs d’onde 𝜆0
des transitions du système étudié (typiquement, 𝜆0 = 780 nm pour des atomes
de rubidium), il est nécessaire de prendre en compte les effets de retard liés à la
vitesse de propagation de la lumière. La force de Casimir-Polder évolue dans ce
régime en FCP ∝ 𝑑−5 : FCP,CP(𝑑) = −32 ℏ𝑐𝛼04𝜋2𝜀0𝑑5 𝜖 − 1𝜖 + 1𝜑(𝜖) (i.6)

Régime de Lifshitz À des distances supérieures à la longueur d’onde thermique
des photons 𝜆T = ℏ𝑐/𝑘BT (typiquement d’environ 8 µm à température ambiante),
il est nécessaire de prendre en compte le rayonnement thermique de la surface et
de l’environnement de température T. Dans ce régime, la force évolue à nouveau
en FCP ∝ 𝑑−4 : FCP,T(𝑑) = −34 𝑘BT𝛼04𝜋𝜀0𝑑4 𝜖 − 1𝜖 + 1 (i.7)

On a noté 𝛼0 la polarisabilité statique de l’état atomique utilisé, 𝜖 la constante diélectrique
du substrat utilisé et 𝜑(𝜖) une fonction dépendant de la constante diélectrique [APS04].
Dans notre cas, 𝛼0 = 5,27×10−39 J/(V/m)2 pour l’état fondamental du rubidium [Gre15]),𝜖 ≈ 3,9 pour de la silice, dernière couche de notre miroir, et 𝜑(𝜖) ≈ 0,77.

Ces trois régimes asymptotiques de distance sont illustrés figure i.3 [APS04], ainsi
qu’un calcul complet du potentiel de Casimir-Polder en utilisant la théorie de Lifshitz.

En termes de force, le calcul numérique de la force de Casimir-Polder dans les régimes
asymptotiques de Casimir-Polder et de Lifshitz est représenté figure i.4 en utilisant les
équations (i.6) et (i.7). On constate que la force de Casimir-Polder est d’une amplitude
faible, de l’ordre du poids de l’atome à 0,75 µm du miroir. À cause de sa décroissance
extrêmement rapide en 𝑑−5 puis en 𝑑−4, il est nécessaire pour mesurer ces interactions
dans la plage 1–10 µm d’avoir une résolution spatiale fine, de l’ordre de la centaine de
nanomètres, et une sensibilité de l’ordre de 10−30 N pour obtenir une précision sur la
mesure par exemple inférieure à 1 % à 6 µm de la surface ou inférieure à 10 % à 10 µm.

Du fait de ce prérequis en sensibilité, il n’existe que très peu de mesures expérimentales
des interactions de Casimir-Polder dans cette plage de distance. Comme nous allons le
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van der Waals

Casimir-Polder

Lifshitz

Figure i.3 – Potentiel de Casimir-Polder, en fonction de la distance de séparation 𝑑
atome-surface. Figure tirée de [APS04]. La courbe pleine représente un calcul complet des
interactions utilisant la théorie de Lifshitz, les courbes en pointillés les asymptotes des
trois régimes d’interactions de van der Waals, de Casimir-Polder et de Lifshitz.

voir dans la section suivante, si plusieurs observations expérimentales ont été réalisées
pour des distances de séparation inférieure au micromètre, il n’existe actuellement qu’une
seule série de mesures pour des distances supérieures, précise à 10 % pour une séparation
de 6 à 7 µm [Har05 ; Obr07].

Ce régime de distance demeure donc une terra incognita expérimentale. Y mesurer la
force de Casimir-Polder permettrait de valider certaines prédictions de l’électromagnétisme
quantique, et en particulier la transition prédite par la théorie de Lifshitz entre les régimes
d’évolution de Casimir-Polder et de Lifshitz qui n’a jamais été observée [Lal21].

De son côté, la force de Casimir entre deux miroirs macroscopiques, engendrée
également par l’énergie de point zéro du vide et prédite en 1948 par Casimir à la suite
de ses travaux sur les interactions entre atome et miroir, a été quant à elle mesurée
plus précisément. La force est d’une plus grande amplitude (de l’ordre de quelques10−10 N entre une sphère macroscopique et une plaque métallique), et mesurable avec des
méthodes classiques de mécanique. Des sensibilités de quelques pour cent ont été ainsi
obtenues [Sus11b]. La limitation sur les mesures provient alors de champs électrostatiques
parasites. À cause du phénomène de patchs de potentiel variable dans le matériau —
dus à l’oxydation, à l’adsorption d’impuretés ou tout simplement à des défauts dans la
structure cristalline du métal — des forces électrostatiques résiduelles s’ajoutent à la
force de Casimir. Les difÏcultés de l’estimation et de la soustraction de ces forces limitent
en pratique l’exactitude de la mesure de la force de Casimir et donc le pouvoir de test de
la théorie quantique de champ par la mesure de cette force.

La mesure de la force de Casimir-Polder entre un miroir réel et un atome —
objet quantique extrêmement bien décrit — serait potentiellement moins sensible
à ce phénomène et donc pourrait permettre un meilleur test, même si comme
nous allons le voir section v.3, un atome reste sensible aux champs électrosta-
tiques parasites.
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Figure i.4 – Comportement asymptotique (𝑧 → +∞) de la force de Casimir-Polder
pour un atome de rubidium dans le régime de Casimir-Polder (équation (i.6), en bleu) et
de Lifshitz (équation (i.7), en orange). Le régime de Casimir-Polder domine pour des
distances comprises entre 𝜆0 et la longueur d’onde thermique 𝜆T, le régime de Lifshitz
domine pour 𝑧 ≫ 𝜆T. La courbe verte représente un calcul de la force de Casimir-Polder
dans l’approximation statique [APS04], qui permet de décrire la transition entre ces deux
régimes. L’amplitude de la force gravitationnelle sur un atome de rubidium est représentée
en pointillés rouges.

De plus, l’ingénierie des interactions de Casimir et de Casimir-Polder présente un
intérêt croissant pour la conception de microsystèmes [Lal21]. La force de Casimir
est par exemple impliquée dans les phénomènes d’adhérence dans les microsystèmes
mécaniques [BR01]. En modifiant les propriétés électriques des matériaux de surface —
par exemple avec l’utilisation de métamatériaux topologiques —, il est possible d’ajuster
l’amplitude des interactions de Casimir ou de Casimir-Polder [Cha18], jusqu’à rendre
possible la création de forces répulsives, très utiles pour la manipulation d’atomes dans
des microsystèmes quantiques. Pour pouvoir tester et caractériser les propriétés de tels
matériaux, il est nécessaire de disposer d’une plateforme expérimentale capable de mesurer
la force entre un atome et une surface à une sensibilité sufÏsante.

I.3 État de l’art des mesures locales de force

Nous allons présenter ici un bref aperçu général des méthodes de mesures de forces à
des échelles microscopiques et de l’état de l’art de tels capteurs. Une liste de ces capteurs
de force microscopique est présentée table i.1. Certains de ces capteurs sont parvenus à
mesurer avec succès des forces directement au voisinage d’une surface (avec une distance
de séparation indiquée dans la table), mais la majorité a été utilisée dans le vide, loin de
tout objet.

Ces capteurs réalisent leurs mesures de force en utilisant tous les mêmes principes
physiques de base, que je vais présenter ainsi que leurs avantages respectifs.
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Système Sensibilité Type de
mesure

Distance à
une surface Réf.

pendule de torsion 1 × 10−11 N DC 0,7 – 8 µm [Sus11a]
microscope à force atomique 10−11 N DC 100 – 900 nm [MR98]

nanobille (⌀ 300 nm) 3 × 10−17 N/√
Hz 3d, DC 20 – 100 µm [Bla19]

ion unique 4 × 10−19 N/√
Hz 3d, DC [Blū18]

chaîne de 3 ions 3 × 10−21 N/√
Hz DC ≈ 1 mm [Har10]

microsystème
électromécanique 1 × 10−14 N/√

Hz 307 Hz 0,2 – 1 µm [Che16]

nanobille (⌀ 10 µm) 1 × 10−18 N/√
Hz 50 Hz [Mon20]

nanobille (⌀ 300 nm) 2 × 10−18 N/√
Hz 3 kHz [Ran16]

microscope à force atomique 8 × 10−19 N/√
Hz 5 kHz [MR01]

nanobille (⌀ 40 nm) 9 × 10−20 N/√
Hz ≈ 10 kHz [Hem17]

ion unique 3 × 10−20 N/√
Hz 1 kHz [SO17]

nanotube de carbone 1 × 10−20 N/√
Hz 4 MHz [Mos13]

cristal de 100 ions 4 × 10−22 N/√
Hz 860 kHz [Bie10]

atomes froids en cavité 4 × 10−23 N/√
Hz 110 kHz [Sch14]

cristal de 150 ions 4 × 10−26 N/√
Hz 1 MHz [Gil21]

microsystème
électromécanique 4 × 10−7 N/m gradient 160 – 750 nm [Dec03]

nanofil ≈ 10−9 N/m gradient [dLép17]
condensat de Bose 3 × 10−23 N/m gradient [Har05]

nanobille (⌀ 600 nm) 1 × 10−17 N DC [Heb18]
condensat dans un réseau 2 × 10−26 N/√

Hz 2d, DC [Guo22]
atomes froids dans un réseau 3 × 10−29 N DC ≳ 15 µm [Sor09]
atomes froids dans un réseau
(refroidissement évaporatif) 7 × 10−30 N/√

Hz DC [Ala18b]

atomes froids dans un réseau
(mélasse) 3 × 10−30 N/√

Hz DC [Ala18b]

atomes froids dans un réseau 2 × 10−30 N/√
Hz DC [Tar14]

Table i.1 – Sensibilité en force de différentes expériences à l’état de l’art utilisant des
atomes froids ou des ions, avec quelques exemples utilisant des systèmes à des échelles
différentes. Les expériences sont regroupées en quatre blocs : les mesures de force statique
par mesure de déplacement dans un potentiel harmonique ; les mesures de forces à
résonance d’un oscillateur harmonique ; les mesures de gradient de force statique ; les
mesures de forces par mesure de l’impulsion ou d’une fréquence de Bloch. Quand les
mesures ont été effectuées à une proximité d’une surface, la distance de séparation est
donnée. Les sensibilités indiquées seulement en Newton correspondent à des sensibilités
données sans indication du temps de cycle.
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Forces statiques

La méthode la plus directe pour mesurer une force appliquée sur une masse 𝑚 est
de la confiner dans un potentiel harmonique U(𝑧) = 1/2 𝑚𝜔02𝑧2. En appliquant une
force Fext sur cette masse, le potentiel de piégeage va exercer à l’équilibre une force de
rappel F𝑟(𝑧) = 𝑘0𝑧 avec une constante de raideur 𝑘0 = 𝑚𝜔02. En mesurant à l’équilibre
le déplacement δ𝑧 effectué par la masse et connaissant 𝜔0, on en déduit directement la
force Fext = 𝑚𝜔02δ𝑧 ; c’est par exemple le principe de fonctionnement des dynamomètres
mécaniques.

En pratique, pour des objets macroscopiques, on utilise comme potentiel harmo-
nique une poutre en torsion ou en porte-à-faux. Ainsi, depuis l’expérience pionnière
de Cavendish en 1798 de la mesure de la constante gravitationnelle, les pendules de
torsion sont utilisées pour des mesures sensibles de force. La première mise en évidence
expérimentale de la force de Casimir [Lam97] est basé sur un tel pendule de torsion qui
a permis d’atteindre une sensibilité d’environ 2 × 10−10 N, de 5 % de la force mesurée.
En utilisant le même principe de déformation de poutre à des échelles plus microsco-
piques, on parlera plutôt de microsystème électromécanique (mems) ou de microscope
à force atomique.

Il n’est pas nécessaire d’utiliser un objet mécanique, on peut de la même façon mesurer
une force appliquée sur une particule microscopique (nanosphère de silice ou ion ou atome
froid) piégée dans un potentiel harmonique (optique, magnétique ou radiofréquence) en
observant son déplacement dans le piège. En utilisant un ion piégé, on peut ainsi mesurer
directement des forces électrostatiques avec une sensibilité de l’ordre de 10−20 N/√

Hz
[Har10 ; Blū18].

Un tel dispositif nécessite néanmoins d’imager et de distinguer des déplacements
extrêmement fins, par exemple de 0,03 µm/zN dans [Har10]. De plus, ces déplacements
sont statiques, et donc difÏciles à discerner du fond constant. Il est également nécessaire
de calibrer le potentiel de piégeage. Cette calibration peut se faire par exemple selon les
systèmes par thermométrie [Blū18] ou par application d’une force électrostatique connue
[Ran16], mais va être une source d’incertitude.

Forces oscillantes

On peut grandement améliorer la sensibilité en force en ne cherchant plus à mesurer
des forces statiques, mais des forces oscillant à la fréquence de résonance 𝜔0 du piège
harmonique. La particule de test va alors osciller à la même fréquence avec une amplitude Z
amplifiée par le facteur de qualité Q du piège. En utilisant un piège très faiblement amorti
et donc avec un facteur de qualité Q ≫ 1, on pourra détecter des forces d’amplitudesFext𝑚𝜔02Z/Q avec une meilleure sensibilité que dans le cas statique à pouvoir de résolution
spatiale identique. Le signal, avec une fréquence bien spécifique, s’extrait aussi plus
facilement.

C’est avec cette méthode qu’ont été réalisées les meilleures contraintes aujourd’hui
d’un hypothétique potentiel de Yukawa [Che16] de portée micrométrique, en mesurant
avec un microsystème électromécanique la force exercée sur une masse de test par un
disque en rotation divisé en zones composées de deux métaux de densité différente, abrités
derrière un bouclier en or pour homogénéiser la force de Casimir sur toutes les zones. En
présence d’un potentiel de Yukawa sufÏsamment important, les deux métaux auraient
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exercé à la fréquence de rotation du disque une force gravitationnelle détectable sur la
masse de test.

Un dernier avantage d’un oscillateur harmonique est la possibilité d’utiliser diverses
méthodes de détection de l’amplitude de vibration qui peuvent être plus sensibles que
l’imagerie de la position d’une particule microscopique : vélocimétrie Doppler [Bie10 ;
SO17], transmission optique d’une cavité [GPK10 ; Sch14] ou même l’intrication entre
états internes et états vibrationnels pour réaliser une mesure sous le bruit de projection
quantique [Gil21].

Pour un oscillateur harmonique amorti à température finie, la sensibilité en force va
être limitée par la densité spectrale de bruit thermique qui s’écrit [Mos13] :SF = 4𝑘BT𝑚𝜔0/Q (i.8)

Pour atteindre les meilleures sensibilités, il faut donc opter pour des objets microscopiques
[Mos13] ou les refroidir cryogénétiquement [MR01]. Les ions et atomes froids sont pour
cet objectif de très bonnes particules de test, avec des masses de l’ordre de 10−25 kg et
un refroidissement laser accessible. Cependant, le régime de Lamb-Dicke dans lequel sont
piégés les ions pour leur refroidissement par bande latérale va fortement contraindre les
fréquences de piégeage. Un capteur de force à ion froid ne sera donc résonnant qu’à des
fréquences élevées supérieures à la centaine de kilohertz.

Gradient de force

Si nous ne pouvons pas utiliser un oscillateur harmonique pour chercher à mesurer
la force statique exercée par un miroir, il est toutefois possible d’utiliser en tel système
pour mesurer une grandeur mécanique statique : le gradient de force. En effet, si la force
n’est pas homogène, elle va perturber le potentiel harmonique et modifier sa fréquence
de résonance qui devient au premier ordre :𝜔 = √𝜔02 + 1𝑚 ∂Fext∂𝑧 ≈ 𝜔0 + 12𝑚𝜔0 ∂Fext∂𝑧 (i.9)

En mesurant les variations spatiales de fréquence d’oscillation d’une particule dans
un oscillateur harmonique, on va pouvoir cartographier le gradient de force externe.

Cette méthode présente l’avantage direct de nécessiter une mesure de fréquence plutôt
qu’une mesure de position comme dans le cas du potentiel harmonique statique. Il sera
possible d’accéder à une meilleure sensibilité relative, puisque plutôt que devoir calibrer
les dimensions spatiales du système de détection, il sufÏra de comparer la fréquence
d’oscillation à celle d’une horloge, instrument qui est aujourd’hui le plus sensible et le
plus exact.

Les mesures les plus précises encore aujourd’hui de l’effet Casimir ont été réalisées de
cette façon, en mesurant à l’aide d’un microsystème électromécanique le gradient de la
force entre une sphère et une plaque métalliques qui est directement relié à la pression
entre deux plaques métalliques [Dec03 ; Dec07]. Des incertitudes relatives sur la pression
de Casimir allant de 0,2 % à 200 nm à 10 % à 750 nm ont été ainsi obtenues [Dec07].

En utilisant le même principe de mesure de gradient de force avec un condensat de
Bose-Einstein (bec) oscillant dans un potentiel magnétique harmonique au voisinage
d’une surface, une série d’expérience du groupe de Cornell à Boulder a réussi à mettre
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en évidence la force de Casimir-Polder [Har05] et sa dépendance à la température de la
surface [Obr07].

Force statique et chute libre

On peut s’affranchir de la limite (i.8) en ne piégeant pas la particule, et observant
l’effet de la force sur son impulsion. En chute libre, en appliquant une force 𝐅ext pendant
une durée Δ𝑡 sur une particule, son impulsion va être modifiée :𝒒𝑓 − 𝒒𝑖Δ𝑡 = 𝐅ext (i.10)

La limitation de cette méthode est la nécessité de limiter le déplacement de la particule
pour s’assurer de bien mesurer une force locale. On peut utiliser un temps de chute libre
très faible (par exemple une centaine de microsecondes dans [Heb18]), mais une méthode
plus pratique est de tirer parti d’un phénomène quantique surgissant dans les potentiels
périodiques : les oscillations de Bloch.

D’après le théorème de Bloch, nous pouvons étiqueter les états propres de
l’hamiltonien en présence d’un potentiel périodique de période 𝑎 sous la forme|𝑛, 𝑞⟩ où 𝑛 est l’index de bande et 𝑞 la quasi-impulsion. Ces états propres sont
périodiques en 𝑞, de période 2𝜋/𝑎. Lors de l’application d’une force, un état de
Bloch |𝑛, 𝑞(0)⟩ évolue en l’état |𝑛, 𝑞(𝑡)⟩ avec un défilement de la quasi-impulsion à la
vitesse F/ℏ [Ben96] : 𝑞(𝑡) = 𝑞(0) + F𝑡/ℏ (i.11)

À cause de la périodicité de la quasi-impulsion, au bout d’une période 𝜏B = ℎ/𝑎F,
la fonction d’onde est revenue dans son état initial. On observe ainsi un comportement
oscillant du système, avec une fréquence dite de Bloch𝜈B = F𝑎/ℎ. (i.12)

On peut se servir de ce phénomène d’oscillations périodiques pour piéger des atomes
dans un réseau optique, même de faible profondeur.

En piégeant des atomes dans un réseau 2D, [Guo22] est parvenu à mesurer des forces
appliquées sur des atomes dans deux directions en mesurant l’impulsion gagnée par les
atomes. Le piégeage des atomes dans le réseau permet de réaliser une mesure locale de la
force.

En piégeant les atomes sur plusieurs secondes, on peut également observer directement,
sur la position comme sur l’impulsion du nuage atomique, le phénomène périodique des
oscillations de Bloch. On peut alors mesurer la fréquence de Bloch, ce qui permet de
remonter directement à la force appliquée d’après l’équation (i.12) en connaissant le pas
du réseau [Car05]. De cette manière, on combine long temps de mesure et mesure de
fréquence, ce qui permet d’obtenir des sensibilités en force de 3 × 10−29 N [Sor09].

Enfin, plutôt que de chercher à mesurer la période des oscillations, il est possible de
mesurer directement la fréquence de Bloch en modulant le réseau [Tar12] — en amplitude
ou en phase. Le nuage se délocalise quand la fréquence de modulation est résonnante avec
la fréquence de Bloch. En mesurant la taille du nuage après une durée d’évolution dans
le réseau modulé, on peut alors directement retrouver la fréquence de Bloch sans avoir
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à observer les oscillations de Bloch [Tar14]. Une sensibilité record de 2 × 10−30 N/√
Hz,

mais loin d’une surface, a été obtenue de cette manière [Tar14].
Pour comprendre cet élargissement du nuage à résonance, il est préférable d’introduire

une autre représentation (qui va être décrite plus en détail au chapitre suivant) : les
échelles de Wannier-Stark. Plutôt que de définir les états propres dans la base des ondes de
Bloch 𝜑𝑛,𝑞, en négligeant le couplage entre bandes on peut définir une base de pseudoétats
propres de Wannier-Stark |WS𝑛,𝑚⟩. Chaque état |WS𝑛,𝑚⟩ est centré sur le puits 𝑚 du
réseau et a une énergie E𝑚 = 𝑚 𝑎 F = 𝑚 ℎ 𝜈B [Har04]. Les oscillations de Bloch peuvent
alors s’interpréter comme l’évolution de l’interférence des états de Wannier-Stark : après
un temps 𝜏B, chaque état a acquis une phase multiple de 2𝜋 et la fonction d’onde totale
est revenue dans son état initial. En mesurant par spectroscopie la différence d’énergie
entre deux états |WS𝑛,𝑚⟩ et |WS𝑛,𝑚+1⟩, centrés sur les puits du réseau 𝑚 et 𝑚 + 1, on
mesure directement la force F appliquée sur les atomes.

C’est de cette manière qu’est réalisée la mesure de fréquence de Bloch dans [Tar14].
Les états de Wannier-Stark sont couplés par les phonons créés par l’excitation du réseau,
et lorsque les phonons sont résonnants avec un multiple de la fréquence de Bloch, les
fonctions d’onde atomiques vont se délocaliser sur plusieurs états de Wannier-Stark et le
nuage atomique va s’étendre sur des puits qui n’étaient précédemment pas peuplés.

Dans notre expérience ForcaG, nous utilisons un principe de mesure analogue, basé
sur l’utilisation d’atomes piégés dans un réseau et sur la mesure de la fréquence de
Bloch, mais le couplage entre états de Wannier-Stark voisins est réalisé différemment, en
stimulant des transitions optiques Raman avec des lasers externes.

Interféromètres atomiques

Pour conclure cette revue des capteurs de force, citons les interféromètres atomiques
qui sont capables en faisant interférer des ondes de matière de réaliser des mesures
extrêmement sensibles d’accélération : 5,7×10−8 m2/s pour le gravimètre du syrte [Gil14]
et 2,2 × 10−8 m2/s [Zha23] pour l’état de l’art, soit en termes de poids respectivement8 × 10−33 N/√

Hz et 3 × 10−33 N/√
Hz.

Cependant ces capteurs ne mesurent pas une force en tant que telle, mais des effets
inertiels : dans le cas des gravimètres, l’accélération de chute des atomes dans le référentiel
du capteur due à la pesanteur. De plus, la plupart des interféromètres atomiques utilisent
des atomes en chute libre ou guidés dans leur mouvement[Gei20], qui ne permettent donc
pas de réaliser une mesure localisée de la force.

I.4 Mesures expérimentales des interactions Casimir-Polder
Nous allons présenter ici brièvement les principaux résultats expérimentaux concernant

les mesures des interactions de Casimir-Polder. Pour une description plus exhaustive, il
est possible de se référer à [Lal21].

Comme référencé table i.1, très peu des capteurs de force présentés à la section
précédente ont réalisé des mesures directes de force à proximité d’une surface. Plusieurs
expériences ont réussi à mesurer la force de Casimir en utilisant des objets macroscopiques
à une distance submicrométrique d’une surface métallique [Lam97 ; MR98 ; Dec03 ;
Sus11b], mais aucune mesure directe de la force de Casimir-Polder en tant que force entre
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un atome et une surface n’a été réalisée. Une expérience à Florence [Sor09] a approché
des atomes à une distance de 15 µm d’un miroir, mais n’avait pas la sensibilité pour
mettre en évidence la force de Casimir-Polder à cette distance.

D’autres expériences sont néanmoins parvenues à mesurer les interactions de Casimir-
Polder à l’aide d’observables mécaniques, c’est-à-dire par l’observation du mouvement
des atomes :

— La première mise en évidence expérimentale de la force de Casimir-Polder a mesuré
de manière indirecte la déviation d’un jet atomique à proximité d’une surface sous
l’effet de la force de Casimir-Polder [Suk93]. La résolution d’environ 15 % a été
sufÏsante pour distinguer le régime de Casimir-Polder du régime de van der Waals
pour des distances de séparation comprises entre 0,75 et 1,15 µm.

— En utilisant la réflexion d’atomes d’énergie cinétique donnée sur le potentiel
dipolaire d’une onde évanescente modifié par le potentiel de Casimir-Polder, ce
dernier a été mesuré avec une précision de 25 % entre 160 et 220 nm, avec une
résolution spatiale de 30 nm [Lan96 ; Ben10].

— Comme mentionné précédemment, le groupe de Cornell est quant à lui parvenu à
mesurer le gradient de la force de Casimir-Polder, en observant la perturbation de la
fréquence d’oscillation d’un oscillateur harmonique sous l’effet de la force. Avec ce
dispositif, l’effet Casimir-Polder a été mis en évidence pour des distances d’environ6 µm [Har05], et pour la première fois une mesure expérimentale d’interactions
Casimir-Polder hors équilibre thermique a été effectuée [Obr07] avec des sensibilités
d’environ 15 %.

D’autres approches cherchent à mesurer les interactions de Casimir-Polder sans réaliser
de mesures mécaniques :

— la spectroscopie en cellule mince (de quelques centaines de nanomètres d’épaisseur)
permet de sonder les effets des interactions de Casimir-Polder sur les niveaux éner-
gétiques atomiques [Lal14], ce qui autorise l’observation des effets des interactions
de Casimir-Polder sur des états atomiques excités plutôt que seulement sur l’état
fondamental ;

— on peut remonter à la phase induite sur des atomes par le voisinage d’une surface
en étudiant des figures de diffraction d’atomes traversant un microréseau [Gar21],
ce qui permet de mesurer les forces de Casimir-Polder à des échelles d’environ50 nm ;

— l’étude des réflexions quantiques sur une surface permet également de sonder le
potentiel de Casimir-Polder, mais nécessite une bonne connaissance préalable de
la structure de la surface [DD03].

Une limitation de ces dernières méthodes est le non-piégeage des atomes. Pour
déterminer la dépendance en distance de la force de Casimir-Polder, il est né-
cessaire de reconstruire la trajectoire des atomes, qui dépend elle-même de la
force, ce qui complexifie l’analyse des observations et nécessite une connaissance à
priori de la force.

Finalement, là où la force de Casimir a été mesurée avec une incertitude de l’ordre
du pour cent, aucune mesure expérimentale n’est parvenue à une incertitude de mesure
inférieure à 10 % sur la force de Casimir-Polder. De plus, de larges champs de cette force
reste inexplorés : la transition entre le régime de Casimir-Polder et celui de Lifshitz n’a
jamais été observée [Lal21], et de manière générale la force de Casimir-Polder n’a été que
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peu mesurée pour des distances de séparation supérieures au micromètre, à l’exception
des expériences du groupe de Cornell.

I.5 Le projet ForcaG
I.5.1 Principe de fonctionnement

Le projet ForcaG tente de combler ce trou dans les mesures d’interactions atome-
surface en mesurant la force de Casimir-Polder à quelques pour cent pour des distances
entre 1 et 10 µm, ainsi qu’en observant les éventuels effets d’une force gravitationnelle
non newtonienne d’une portée micrométrique.

Pour pouvoir réaliser des mesures résolues en position et en force, il est nécessaire
de piéger longuement les atomes au voisinage de la surface, à une distance connue de la
surface et si possible variable. C’est pourquoi nous piégeons des atomes dans les nœuds
d’un réseau optique rétroréfléchi sur la surface du miroir. Ainsi, nous avons une échelle de
distance bien maîtrisée, avec des distances multiples de 𝜆/2 où 𝜆 est la longueur d’onde
du laser qui crée ce réseau. Dans ce réseau, les états quantiques forment une échelle de
Wannier-Stark |WS𝑛,𝑚⟩ telle que présentée précédemment, avec une différence d’énergie
entre deux états ΔE1 = ℎ𝜈B = F𝜆/2 que l’on va chercher à mesurer pour remonter à
la force F. Cette force F est perturbée au voisinage de la surface par les interactions
atome-surface (fig. i.5) que nous allons ainsi pouvoir mesurer.

Coupler les états de Wannier-Stark par vibration du réseau comme dans [Tar14] crée
un élargissement du nuage atomique ce qui pose problème pour réaliser une mesure
résolue en position. C’est pourquoi nous allons ici coupler les états de Wannier-Stark par
une transition optique cohérente qui permet de coupler simultanément état externe de
Wannier-Stark |WS𝑛,𝑚⟩ et état interne électronique |F = 1, 2⟩ du rubidium 87 (figure
i.5). Il est alors possible de sonder la transition |F = 1, WS𝑛,𝑚⟩ ↔ |F = 2, WS𝑛,𝑚+Δ𝑚⟩.
En mesurant l’énergie de cette transition par spectroscopie ou par interférométrie (de
type Ramsey), nous remontons à la fréquence de Bloch et par là à la force appliquée sur
les atomes. L’avantage de cette intrication entre état interne et externe est de permettre
la lecture sur l’état interne des ports de sortie de la mesure de l’état externe.

Nous allons également pouvoir mettre en œuvre toutes les techniques expérimentales
développées au syrte sur le contrôle des interféromètres atomiques.

I.5.2 Historique de l’expérience
Inspiré d’études sur les horloges à réseau optique [LW05], le principe de l’utilisation

d’une échelle de Wannier-Stark couplée à une excitation laser a été proposé dès 2007
[Wol07]. Le projet expérimental a débuté en 2009 [Per09], et les premières spectroscopies
de l’échelle de Wannier-Stark ont rapidement été obtenues [Bea11 ; Tac11 ; Pel13c]. Après
des travaux sur l’optimisation de la sensibilité et de l’exactitude des mesures de force
[Hil14], une sensibilité de 3 × 10−30 N/√

Hz a été atteinte [Sol16b].
Ces premiers travaux ont cependant été menés avec un nuage atomique issu d’une

mélasse, de taille millimétrique, incompatible avec les objectifs de résolution spatiale.
C’est pourquoi un refroidissement évaporatif dans un piège dipolaire a ensuite été mis
en place [Sol16b], pour obtenir un nuage atomique beaucoup plus dense et plus petit. À
la densité obtenue, des déplacements collisionnels limitent cependant la sensibilité de
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Figure i.5 – Échelle de Wannier-Stark crée le potentiel dipolaire d’un laser rétroré-
fléchi sur un miroir. Au voisinage de la surface du miroir, la force de Casimir-Polder
perturbe le potentiel gravitationnel (ligne en pointillé). Les états |F = 1, WS0,𝑚⟩ et|F = 2, WS0,𝑛+Δ𝑚⟩ sont couplés par une transition Raman de pulsation de Rabi ΩΔ𝑚, ce
qui permet de mesurer l’énergie de la transition.

la mesure et peuvent induire des biais [Sol16a]. Après un travail de compréhension de
ces effets et d’optimisation [Sol16b ; Ala18a], une sensibilité de 7 × 10−30 N/√

Hz a été
obtenue avec un nuage de taille de 3 µm [Ala18b]. Avec de telles sensibilité et résolution
spatiale, il serait possible de mesurer en une seule mesure la force de Casimir-Polder au
niveau du pour cent à des distances de 7 µm.

Toutefois, tous ces travaux ont été effectués loin de toute surface réfléchissante. En
effet, pour minimiser la création de champs électriques parasites par contamination du
miroir par adsorption d’atomes pendant les phases de refroidissement atomique 1, le miroir
a été placé dans une deuxième chambre à vide, 30 cm au-dessus de celle où sont effectuées
les étapes de refroidissement. Il est donc nécessaire d’ajouter à la séquence expérimentale
une étape de transport des atomes après leur refroidissement pour amener les atomes à
une distance contrôlée de la surface du miroir. La mise en place et l’optimisation de ce
transport ont été décrites dans [Abs23]. Mais il restait encore à utiliser ce système de
transport pour réaliser de premières mesures de force à proximité du miroir, et tenter de
mettre en évidence l’effet Casimir-Polder.

C’est ce travail qui a été effectué durant cette thèse et rapporté dans ce manuscrit,
structuré en six chapitres. Le deuxième chapitre présentera de manière plus détaillée les
principes théoriques de l’interférométrie atomique dans un réseau optique et de la force
de Casimir-Polder attendue dans notre cas. Le troisième chapitre décrira le dispositif
expérimental. Le quatrième chapitre expliquera les limitations à la sensibilité de la mesure
observées au voisinage du miroir. Le cinquième présentera les premières mesures de force
à proximité du miroir, et enfin le sixième chapitre traitera de mesures de caractérisation
du champ électrique, source d’une force parasite.

1. L’effet de ces champs électriques parasites sera décrit section v.3
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Chapitre II

Interférométrie atomique dans un
réseau

Je présenterai dans ce chapitre les bases théoriques du fonctionnement de notre capteur
quantique de force. Je reviendrai sur la description des échelles de Wannier-Stark évoquées
brièvement précédemment, puis présenterai les transitions Raman à deux photons dans
un réseau optique, et comment les utiliser pour sonder les niveaux d’énergies de l’échelle
de Wannier-Stark.

II.1 Échelle de Wannier-Stark
II.1.1 Potentiel dipolaire

Comme nous vu précédemment équation (i.3), l’interaction d’un champ électrique
avec un atome de polarisabilité 𝛼(𝜔) génère une interaction dipolaire instantanéeV𝑎𝑙 = 𝛼𝐄(𝒓, 𝑡)2. (ii.1)

Cette interaction dipolaire permet de coupler les différents états électroniques de
l’atome à travers le champ électrique d’une onde lumineuse lorsque la fréquence de ce
dernier est résonante avec celle d’une transition électronique. Mais à cause du mouvement
de l’atome bien plus lent que les oscillations d’une onde lumineuse, l’interaction dipolaire
crée aussi pour l’atome un potentiel proportionnel à l’intensité lumineuse :U(𝒓) = 𝛼⟨𝐄(𝒓, 𝑡)2⟩𝑡∝ 𝛼I(𝒓). (ii.2)

L’amplitude et la phase de la polarisabilité de 𝛼 dépendent de la fréquence 𝜔 de l’onde
lumineuse incidente et des fréquences 𝜔at des transitions atomiques de l’espèce étudiée.

On peut calculer la valeur de la polarisabilité pour un atome à deux niveaux à partir
des équations de Bloch optiques ou du formalisme de l’atome habillé [DC85], et montrer
en particulier sa dépendance au désaccord Δ = 𝜔 − 𝜔at entre la fréquence optique 𝜔 et
la fréquence de résonance de la transition atomique 𝜔at. Si 𝜔 > 𝜔at, les oscillations du
dipôle et du champ sont en opposition de phase et le potentiel est répulsif ; si 𝜔 < 𝜔at,
elles seront en phase et le potentiel sera attractif, et l’atome attiré vers les régions de
forte intensité.

17
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On trouve de cette façon, en posant 1̄Δ = 1(𝜔−𝜔at) − 1(𝜔+𝜔at) , que le potentiel dipolaire
vaut U(𝒓) = 𝑑02E(𝒓)24ℏΔ̄ (ii.3)= ℏΓ28Δ̄ I(𝒓)Isat

. (ii.4)

Dans le cas d’un atome de 87Rb dans une onde lumineuse de longueur d’onde de 1064 nm,
et en prenant en compte toutes les transitions atomiques, ce déplacement lumineux vaut
par exemple 𝜉1064 = ℎ × −3,17 mHz/(W/m2). (ii.5)

Les atomes de rubidium 87 présentent une structure hyperfine, avec leur état fonda-
mental divisé en deux états séparés de la fréquence hyperfine 𝜔HFS = 2𝜋 × 6,83 GHz. La
fréquence de la transition atomique vers l’état excité 𝜔at n’est pas exactement identique
pour ces deux états hyperfins. Le potentiel dipolaire est donc légèrement différent pour
les deux états : 𝛿U(r) = U(r, 𝜔at) − U(r, 𝜔at − 𝜔HFS)≈ −U(𝒓, 𝜔at)𝜔HFSΔ̄ . (ii.6)

La différence d’énergie entre les états hyperfins de l’état fondamental dépend donc de
l’intensité de la lumière de piégeage, un effet nommé déplacement lumineux différentiel.
Dans le cas d’un atome de 87Rb dans un piège dipolaire à 1064 nm, le déplacement
lumineux différentiel vaut𝜒1064 = ℎ × 1,92 × 10−7 Hz/(W/m2). (ii.7)

II.1.2 Ondes de Bloch
En utilisant la réflexion d’une onde lumineuse d’intensité incidente I0 et de vecteur

d’onde 𝑘𝑙 = 𝜔𝑙/𝑐 sur un miroir, on peut créer une onde stationnaire qui forme grâce au
potentiel dipolaire un potentiel périodiqueU(𝑧) = 12 I0Isat

ℏΓ2̄Δ sin(𝑘𝑧)2. (ii.8)

En négligeant la gravité ou d’autres forces extérieures, l’hamiltonien d’un atome de
masse 𝑚Rb dans ce réseau optique est doncĤ = ̂𝑝22𝑚Rb

+ U02 (1 − cos(2𝑘𝑙 ̂𝑧)). (ii.9)

Par la suite, il sera pratique d’exprimer l’amplitude U0 = 12 I0Isat
ℏΓ2̄Δ du potentiel dans

l’échelle d’énergie qui émerge naturellement, en valeur d’énergie de recul E𝑟 = (ℏ𝑘)2/(2𝑚)
qui correspond à l’énergie cinétique acquise par l’atome lors de l’absorption d’un photon
du réseau.

La résolution d’hamiltoniens associés à un potentiel périodique est bien connue depuis
les prémices du développement de la mécanique quantique car ils permettent de décrire
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le mouvement d’un électron au sein d’un réseau cristallin. D’après le théorème de Bloch
[Blo29], les états propres d’un hamiltonien invariant par translation de période 𝑎 peuvent
s’écrire sous une forme d’ondes de Bloch, produit d’une fonction de période 𝑎 et d’une
onde plane. Les états propres de l’hamiltonien (ii.9) s’écrivent ainsi sous la forme𝜓𝑏,𝑞(𝑧) = 𝑢𝑏,𝑞(𝑧) e𝑖𝑞𝑧, d’énergie propre associée E𝑏(𝑞) (ii.10)

où 𝑢𝑞(𝑥) est une fonction de période 𝑎 = 𝜋/𝑘, 𝑏 un entier dénommé indice de bande et𝑞 est un paramètre appelé quasi-impulsion. Pour assurer l’unicité des solutions, 𝑞 est
restreint à l’intervalle ]−𝑘𝑙; 𝑘𝑙] — dénommé première zone de Brillouin. Ce terme de
quasi-impulsion se justifie par la décomposition en série de Fourier de 𝑢𝑞, qui permet de
montrer que 𝜓𝑞(𝑧) peut se décomposer sur la base des ondes planes d’impulsion𝑝 = ℏ(𝑞 + 2𝑘𝑙𝑗), 𝑗 ∈ ℕ. (ii.11)

On trouve ainsi une structure d’énergie en bandes de Bloch, bien connue dans les
solides cristallins (figure ii.1).
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Figure ii.1 – Premières bandes d’énergie E𝑏(𝑞) pour un potentiel U(𝑧) = U0 sin2(𝑘𝑧)
avec U0 = 1, 7 E𝑟 à gauche et U0 = 5 E𝑟 à droite.

Le calcul numérique de l’expression des états propres peut être effectué en décomposant
les ondes de Bloch par transformée de Fourier (équation (ii.11)) sous la forme𝜓𝑏,𝑞(𝑧) = ∑𝑗∈ℤ C𝑗(𝑞) e𝑖(𝑞+2𝑗𝑘𝑙)𝑧 . (ii.12)

En injectant cette expression dans l’équation aux valeurs de l’hamiltonien (ii.9), on
trouve que les états propres satisfont le système d’équations suivant, qui se résout par
des méthodes standards d’algèbres linéaires[(2𝑗 + 𝑞𝑘𝑙 )2 + U02E𝑟 ] C𝑗 − U04E𝑟 (C𝑗−1 + C𝑗+1) = E𝑏(𝑞)E𝑟 C𝑗, ∀𝑗 ∈ ℕ. (ii.13)
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En pratique, les coefÏcients C𝑗(𝑞) convergent très rapidement vers 0 pour de grandes
valeurs de 𝑗, pour une résolution numérique du système on peut donc tronquer le système
à |𝑗| < 20 sans perte de précision.

Les ondes de Bloch 𝜓𝑏,𝑞 sont des états délocalisés. Il peut être pratique de définir une
autre base, dite des fonctions de Wannier, défine par𝑤𝑏,𝑗 = √ 𝑎2𝜋 ∫+𝑘−𝑘 𝜓𝑏,𝑞(𝑧) e−𝑖𝑗𝑎𝑞 d𝑞. (ii.14)

Ces fonctions d’ondes correspondent aux transformées de Fourier des ondes des Bloch.
Elles sont localisées autour du puits 𝑗, et se déduisent mutuellement l’une de l’autre par
translation : 𝑤𝑏,𝑗(𝑧) = 𝑤𝑏,0(𝑧 − 𝑗𝑎).

Il est possible de réécrire l’hamiltonien du système (ii.9) dans cette base des fonctions
de Wannier [Dal13] : Ĥ = ∑𝑏 ∑𝑗,𝑗′ J𝑏𝑗−𝑗′ |𝑤𝑏,𝑗⟩⟨𝑤𝑏,𝑗′ | (ii.15)

Il apparaît le terme J𝑏𝑗−𝑗′ qui décrit l’amplitude de probabilité de saut du puits 𝑗 au puits𝑗′. Ce terme peut s’écrire en fonction des énergies des ondes de Bloch E𝑏(𝑞)J𝑏𝑛 = 𝑎2𝜋 ∫+𝑘−𝑘 E𝑏(𝑞) e𝑖𝑛𝑞𝑎 d𝑞. (ii.16)

II.1.3 Oscillations de Bloch
L’application d’une force externe F brise l’invariance par translation du potentiel.

L’hamiltonien (ii.9) devient alorsĤ = ̂𝑝22𝑚 + U02 (1 − cos(2𝑘𝑙 ̂𝑧)) + F ̂𝑧. (ii.17)

Cette forme d’hamiltonien est elle aussi bien connue, puisqu’elle modélise le mouvement
d’un électron dans un solide cristallin soumis à un champ électrique extérieur E = F/𝑞
[Zen34].

On peut démontrer [Ben96 ; Cla05] qu’un état initial 𝜓(𝑧, 0) = e𝑖𝑧𝑞0 𝑢𝑏,𝑞0(𝑧) sous une
forme d’onde de Bloch conserve cette forme sous l’évolution d’un tel hamiltonien, et
en faisant l’approximation adiabatique — qui permet de supposer que l’état évolue en
restant dans sa bande 𝑏 — on peut écrire son évolution sous la forme :𝜓(𝑧, 𝑡) = e𝑖𝑧𝑞(𝑡) 𝑢𝑏,𝑞(𝑡)(𝑧), 𝑞(𝑡) = 𝑞0 + F𝑡/ℏ. (ii.18)

Sous l’effet de la force, la quasi-impulsion des ondes de Bloch défile à la vitesse F/ℏ.
Du fait de la période 2𝑘𝑙 de la quasi-impulsion, l’évolution du système atomique est
périodique, avec une fréquence dite de Bloch𝜈B = F 𝜆𝑙2ℎ . (ii.19)

Un état atomique initialement localisé continue ainsi à rester localisé durant toute son
évolution.
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L’approximation adiabatique est valable si l’évolution des fonctions d’onde sous l’effet
du défilement du quasi-moment dû à la force appliquée reste lente devant le gap en énergie
entre deux bandes. À une profondeur donnée, il existe ainsi une force limite au-delà de
laquelle les bandes de Bloch ne restent plus isolées. Une représentation intuitive de ce
phénomène est donnée par la figure de l’article original de Zener [Zen34] introduisant
les oscillations de Bloch qui représente les bandes d’énergies inclinées sous l’effet du
potentiel −F𝑧. (fig. ii.2). Une particule d’énergie E donnée dans une bande d’énergie de
largeur ΔE oscille sous l’effet de la force avec l’amplitude ΔE/F. Mais plus la valeur de
la force appliquée est grande, moins les deux bandes sont séparées et plus la probabilité
de franchir par effet tunnel le gap et de quitter la bande initiale est grande.

Figure ii.2 – Figure extraite de l’article original de Zener [Zen34]. Les bandes d’énergie
sont localement inclinées sous l’effet du potentiel −F𝑧. Les zones hachurées représentent
les gaps en énergie entre deux bandes.

Ce processus de perte est bien modélisé dans le régime des liaisons faibles par le taux
de pertes Landau-Zener [Dal13]. Pour une oscillation de Bloch, la probabilité de suivi
adiabatique dans la bande fondamentale est de𝒫 = 1 − e−F𝑐/F (ii.20)
où l’on introduit la force critique F𝑐 = 𝜋32 U02E𝑟 𝑘𝑙. (ii.21)

Le temps de vie dans la bande fondamentale est alors de𝜏 = eF𝑐/F𝜈B . (ii.22)

II.1.4 États de Wannier-Stark
Plutôt que d’étudier l’évolution d’un état quelconque sous l’effet de l’hamiltonien

(ii.17), on peut rechercher directement les états propres de ce dernier. Formellement,
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l’espace des solutions est un continuum, puisqu’il est possible de trouver pour n’importe
quelle énergie E une solution libre quand 𝑧 → +∞. Mais en appliquant l’approximation
adiabatique et en négligeant le couplage interbande, on peut restreindre l’étude à une
seule bande d’énergie. Dans ce cas, le spectre des solutions devient un spectre discret et
peut être résolu analytiquement. Par la suite, on se restreindra à l’étude de la première
bande 𝑏 = 0.

Il est immédiat de vérifier que si 𝜓(𝑥) est une solution propre d’énergie 𝜖, alors𝜓(𝑥 + 𝜆/2) l’est aussi, avec une énergie 𝜖 + 𝑎F. Le spectre des solutions décrit donc une
échelle d’énergie, dite de Wannier-StarkE𝑚 = 𝜖 + 𝑚ℎ𝜈B. (ii.23)

Les solutions propres associées — les états de Wannier-Stark |WS𝑚⟩ — se déduisent
l’une de l’autre par translation.

On peut rechercher une expression des états de Wannier-Stark dans la base des ondes
de Bloch 𝜓1,𝑞(𝑧) : WS𝑚(𝑧) = ∫+𝑘−𝑘 𝜓1,𝑞(𝑧)𝑓𝑚(𝑞) d𝑞 (ii.24)

En injectant cette expression dans l’équation aux valeurs propres et l’intégrant, on trouve
[Mau16b] : 𝑓𝑚(𝑞) = √𝑎2𝜋 exp (𝑖 (𝑚𝑞𝑎 + 2 ∑𝑛≥1 J𝑛𝑛F𝑎 sin(𝑛𝑞𝑎))) (ii.25)

avec J𝑛 le couplage entre états de Wannier de la bande fondamentale (éq. (ii.16)).
Les états de Wannier-Stark |WS𝑚⟩ sont donc localisés et centrés autour du puits 𝑚

(fig. ii.3), et la différence d’énergie entre états consécutifs est simplement l’incrément de
l’énergie potentielle entre deux puits :E𝑚+1 − E𝑚 = F𝑎 = ℎ𝜈B. (ii.26)

Dans le cas de notre réseau créé par un laser rétroréfléchi de longueur d’onde 𝜆 = 532 nm
et pour des atomes de rubidium soumis uniquement à la gravité, la fréquence de Bloch𝜈B = 𝑚𝑔𝜆/2ℎ vaut 568,3 Hz.

Dans le cadre de l’approximation des liaisons fortes U0 ≫ E𝑟, l’amplitude de transition
entre puits non immédiatement voisins est nulle : J𝑛>1 = 0. Dans ce cas, les états de
Wannier-Stark s’écrivent dans la base des états de Wannier |𝑤𝑚⟩ [Dal13] :|WS𝑚⟩ = ∑𝑗∈ℤ 𝒥𝑗−𝑚(𝜈/2) |𝑤𝑗⟩ (ii.27)

en notant 𝒥𝑗 les fonctions de Bessel et𝜈 = 4J1F𝑎 ≈ ΔEF𝑎 , (ii.28)ΔE étant la largeur en énergie de la bande fondamentale.
L’expression (ii.27) permet d’estimer simplement l’expansion spatiale des fonctions

de Wannier-Stark à environ 𝜈/2 = 2J1/F𝑎 puits, compte tenu de la décroissance des
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Figure ii.3 – Fonctions d’onde de Wannier-Stark, pour trois profondeurs de réseau
différentes. Les fonctions d’onde présentent des maxima locaux au niveau des puits de
potentiel du réseau, et sont d’autant moins étalées que le réseau est profond. Le calcul
a été effectué soit complètement (éq. (ii.24) et (ii.25)), soit dans l’approximation des
liaisons fortes (éq. (ii.27)).

fonctions de Bessel. Comme J1 augmente avec la profondeur du réseau, on en déduit que
les états de Wannier-Stark sont donc de moins en moins étendus quand la profondeur
du réseau diminue (figure ii.4). Pour un réseau d’une profondeur de 1,9 E𝑟 soumis à la
gravité, la moyenne quadratique de la position sur un état de Wannier-Stark est par
exemple de 3 puits, contre 1,3 puits à une profondeur de 5 E𝑟.

La validité théorique de l’approximation adiabatique sous l’effet de la force gravita-
tionnelle a été vérifiée dans [Pel12]. Le temps de vie des atomes dans la première bande
de Bloch a été calculé en utilisant un formalisme de matrice de diffusion [Pel12 ; KKH89],
donnant un résultat très proche de la formule de Landau-Zener. Pour des profondeurs de
réseau de 1,5 E𝑟 et un réseau à 𝜆𝑙 = 532 nm, le temps de vie dans la première bande de
Bloch est d’une trentaine de secondes, sufÏsant pour la durée expérimentale de mesure, et
croît exponentiellement avec la profondeur. Cependant, pour des profondeurs inférieures,
le couplage entre la bande fondamentale et la première bande excitée n’est plus négligeable
et les atomes fuient vers les bandes excitées et le continuum.

Le voisinage de la surface modifie les fonctions de Wannier-Stark et par là le couplage
interbandes [Pel13a]. Les interactions de Casimir-Polder n’ont pas pu être prises en
compte dans le calcul numérique du temps de vie réalisé dans [Pel12], mais le temps de
vie des états de Wannier-Stark modifiés par la présence de la surface devrait rester pour
des profondeurs U0 ≳ 1,5 E𝑟 sufÏsant pour les mesures de force.
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Figure ii.4 – Étendue des états de Wannier-Stark en unité de puits en fonction de
la profondeur du réseau pour une force appliquée F = 𝑚𝑔. La courbe bleue représente
le calcul complet de la moyenne quadratique de la position ; la courbe orange l’étendue
approximée dans le régime des liaisons fortes à 𝜈/2.

II.2 Interféromètrie Raman

II.2.1 Transitions Raman dans un réseau

Transitions Raman

Le principe de la mesure de force sur ForcaG est de sonder cette échelle d’énergie de
Wannier-Stark pour déterminer la fréquence de Bloch et la force associée. Pour ce faire,
nous excitons la transition |WS𝑛⟩ ↔ |WS𝑛+Δ𝑚⟩ pour en mesurer l’énergie : cela revient
à effectuer une mesure d’horloge. Mais là où une horloge (fontaine micro-onde ou horloge
optique à réseau) utilise une transition électronique comme référence de fréquence pour
corriger un oscillateur local, nous allons comparer notre oscillateur local de fréquence
connue à la fréquence de la transition pour en déterminer la fréquence de Bloch.

Pour permettre la détection de l’état de Wannier-Stark à l’issue de la me-
sure, il a été choisi dans ForcaG d’intriquer état interne (état électronique)
et état externe (état de Wannier-Stark) en utilisant une excitation électro-
magnétique externe, de vecteur d’onde 𝑘𝑒. Grâce à cet étiquetage, la lecture
de l’état interne nous renseigne directement sur l’état externe dans lequel se
trouve l’atome.

Pour que l’excitation appliquée sur les atomes puisse coupler les états |WS𝑚⟩ et|WS𝑚+Δ𝑚⟩, il est nécessaire que 𝑘𝑒 ≈ 𝑘𝑙. En effet, si le couplage entre les états électro-
niques |𝑓⟩ et |𝑔⟩ est réalisé avec une pulsation de Rabi Ω pour des atomes non piégés,
le couplage entre |𝑓⟩ ⊗ |WS𝑚⟩ et |𝑒⟩ ⊗ |WS𝑚+Δ𝑚⟩ s’effectue avec une pulsation de
Rabi [LW05] ΩΔ𝑚 = Ω ⟨WS𝑚| e𝑖𝑘𝑒 ̂𝑧 |WS𝑚+Δ𝑚⟩. (ii.29)

Si 𝜆𝑒 ≫ 𝜆𝑙, e𝑖𝑘𝑒 ̂𝑧 ≈ 𝟙, et puisque les états |WS𝑚⟩ et |WS𝑚+Δ𝑚⟩ sont orthogonaux,
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nécessaire d’utiliser une onde lumineuse pour effectuer le couplage.

Il est possible d’utiliser une transition optique à un photon, comme sur les horloges
optiques [Wol07]. Mais la stabilisation de la fréquence d’un laser d’interrogation au niveau
souhaité pour la mesure de la transition, de l’ordre de quelques dizaines de mHz sur une
seconde d’interrogation, est encore hors d’atteinte technologiquement.E

|WS𝑛⟩ |𝑓⟩
ℏ𝜔B |WS𝑛⟩|𝑒⟩

|WS𝑛+2⟩ℏ𝛿

|WS𝑛⟩|𝑖⟩
ℏΔ

𝜔1, ΩR1
𝜔2, ΩR2

𝜔R, Ωeff ℏ𝜔HFS

Figure ii.5 – Processus de transition Raman à deux photons, pour un atome à trois
niveaux piégé dans une échelle de Wannier-Stark. Si Δ ≫ Ω1,2 et 𝜔B ≫ Ωeff, 𝛿, ce
système est équivalent à un système à deux niveaux |𝑓, WS𝑛⟩ et |𝑒, WS𝑛+Δ𝑚⟩, couplés
par une transition de de pulsation 𝜔R = 𝜔1 − 𝜔2 et de pulsation de Rabi effectiveΩΔ𝑚 = Ω∗1Ω2/2Δ ⟨WS𝑚| e𝑖𝑘eff ̂𝑧 |WS𝑚+Δ𝑚⟩.

Nous utilisons donc ici des transitions Raman à deux photons qui couplent les deux
états hyperfins du rubidium en utilisant l’état excité 52P3/2 comme état intermédiaire (fig.
ii.5). En utilisant des faisceaux contrapropageants de vecteur d’onde k1 et k2, l’impulsion
totale transmise à un atome par ce processus à deux photons d’absorption/émission
stimulée vaut ℏkeff = ℏk1 − ℏk2 ≈ 2ℏk1. (ii.30)
De cette façon, même si la transition hyperfine du rubidium est dans le domaine radiofré-
quence, la transition Raman communique sufÏsamment d’impulsion à un atome pour
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coupler des états de Wannier-Stark différents et permettre le transport d’atomes entre
puits du réseau par effet tunnel. À la différence d’une transition à un photon où c’est une
fréquence optique qui doit être bien stabilisée, pour une transition Raman seule importe
la différence de fréquence 𝜔1 − 𝜔2 ≈ 𝜔HFS. La stabilisation de fréquences micro-ondes
de cette gamme est bien maîtrisée technologiquement (en particulier dans les fontaines
atomiques), et permet d’atteindre des stabilités en fréquence de l’odre du mHz sur des
durées d’une seconde.

L’utilisation de ces transitions Raman stimulées est un outil de base pour la plu-
part des capteurs inertiels à interférométrie atomique actuels [Gei20]. Les transitions
Raman permettent la réalisation de séparatrices à atomes alcalins en leur communiquant
une grande impulsion, tout en les conservant dans leurs états hyperfins métastables
[Che06]. Dans notre cas, on pourra décrire le couplage Raman entre nos états |𝑓, WS𝑛⟩ et|𝑒, WS𝑛+Δ𝑚⟩ de manière très semblable au couplage entre les états |𝑓, p⟩ et |𝑒, p + ℏkeff⟩
réalisé dans ces interféromètres en chute libre.

Notre système peut être modélisé (fig. ii.5) par un atome à trois niveaux électroniques,|𝑓⟩, |𝑖⟩ et |𝑒⟩, et à une infinité d’états externes |WS𝑛⟩ couplés à l’aide de deux faisceaux
laser contrapropageants, de pulsation 𝜔1 et 𝜔2 et de fréquence de Rabi respectivesΩR1 = − 2ℏ⟨𝑓|d ⋅ E1(r)|𝑖⟩ (ii.31)

et ΩR2 = − 2ℏ⟨𝑒|d ⋅ E2(r)|𝑖⟩ (ii.32)

On note Δ le désaccord entre la pulsation de la transition |𝑓⟩ ↔ |𝑖⟩ et celle de l’onde
1 : Δ = 𝜔𝑖 − 𝜔1. (ii.33)
Si le désaccord Δ est petit devant 𝜔1,2 mais grand devant les pulsations de Rabi Ω1,2, ce
système à trois niveaux électroniques peut être approximé comme un système à deux
niveaux électroniques [Che06], couplés par une transition de fréquence 𝜔R = 𝜔1 − 𝜔2,
mais communiquant à un atome une impulsion ℏkeff, et de pulsation de Rabi effectiveΩeff = ΩR1∗ΩR22Δ (ii.34)

De même, si le désaccord Raman𝛿 = 𝜔R − 𝜔HFS − 𝑚Δ𝜔B (ii.35)

entre la fréquence Raman et la transition |𝑓, WS𝑛⟩ ↔ |𝑒, WS𝑛+Δ𝑚⟩ est petit devant
la fréquence de Rabi effective Ωeff et si Ωeff ≪ 𝜔B, on peut par le même moyen d’une
élimination adiabatique approximer le système à un système à deux états |𝑓, WS𝑛⟩ et|𝑒, WS𝑛+Δ𝑚⟩, couplés avec une pulsation de RabiΩΔ𝑚 = Ωeff⟨WS𝑚| e𝑖𝑘eff ̂𝑧 |WS𝑚+Δ𝑚⟩. (ii.36)

Les couplages non résonants ajoutent cependant un déplacement lumineux différentiel,
à un et à deux photons,𝛿AC = 14Δ(|ΩR2|2 − |ΩR1|2) + 2 ∑𝑝≠Δ𝑚 |Ω𝑝|24(𝑝 − Δ𝑚)𝜔B . (ii.37)
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Couplage cohérent

Un état |𝜓(𝑡)⟩ = 𝑐𝑓(𝑡)|𝑓, WS𝑛⟩ + 𝑐𝑒(𝑡)|𝑒, WS𝑛+Δ𝑚⟩ évolue dans un tel système de la
façon suivante [Che06] :𝑐𝑓(𝑡 + 𝑡0) = (cos (ΩR𝑡2 ) − 𝑖𝛿 − 𝛿ACΩR sin (ΩR𝑡2 )) e𝑖(𝛿𝑡/2−𝜔𝑓𝑡) 𝑐𝑓(𝑡0)− 𝑖 e𝑖((𝜔1−𝜔2)𝑡0+𝜑0) ΩeffΩR sin (ΩR𝑡2 ) e𝑖(𝛿𝑡/2−𝜔𝑓𝑡) 𝑐𝑒(𝑡0)𝑐𝑒(𝑡 + 𝑡0) = − 𝑖 e−𝑖((𝜔1−𝜔2)𝑡0+𝜑0) ΩeffΩR sin (ΩR𝑡2 ) e−𝑖(𝛿𝑡/2−𝜔𝑒𝑡) 𝑐𝑓(𝑡0)(cos (ΩR𝑡2 ) + 𝑖𝛿 − 𝛿ACΩR sin (ΩR𝑡2 )) e−𝑖(𝛿𝑡/2−𝜔𝑒𝑡) 𝑐𝑒(𝑡0)

(ii.38)

avec ΩR la pulsation de Rabi généraliséeΩR = √ΩΔ𝑚2 + (𝛿 − 𝛿AC)2. (ii.39)

En partant d’un état initial |𝜓(𝑡 = 0)⟩ = |𝑓, WS𝑛⟩, on définit la probabilité de
transition P𝑒 comme la probabilité de détecter l’atome dans l’état |𝑒, WS𝑛+Δ𝑚⟩ après un
temps d’évolution 𝜏 P𝑒 = |𝑐𝑒(𝜏)|2 (ii.40)= ΩΔ𝑚2ΩR2 sin2 (ΩR𝜏2 ) . (ii.41)

La probabilité de transition décrit donc en fonction de la durée de couplage une oscillation
dite de Rabi, à la fréquence de Rabi ΩΔ𝑚 lorsque la transition Raman est à résonance.

On définit alors deux durées particulières de couplage. L’impulsion 𝜋 telle que𝜏𝜋 = 𝜋/ΩΔ𝑚 est une impulsion miroir qui transfère les atomes d’un état à l’autre.
L’impulsion 𝜋/2 telle que 𝜏𝜋/2 = 𝜋/2ΩΔ𝑚 réalise quant à elle une superposition cohérente
et équiprobable des deux états.

Si l’on balaye le désaccord à résonance 𝛿 pour une impulsion 𝜋, la probabilité de
transition décrit approximativement un sinus cardinal centré sur la fréquence de résonance,
de largeur à mi-hauteur en fréquence 1/(1, 25 𝜏𝜋) (fig. ii.6).

Cela offre une première méthode de mesure de la fréquence de la transition |F =1, WS𝑛⟩ ↔ |F = 2, WS𝑛+Δ𝑚⟩, par une méthode spectroscopique. En effectuant une
impulsion 𝜋, et en scannant la fréquence du désaccord Raman 𝑓R, on peut trouver la
résonance 𝑓R = Δ𝑚 𝜈B + 𝜈HFS pour laquelle la probabilité de transition est maximale.
Plus la fréquence de Rabi ΩΔ𝑚 est faible (obtenue avec une faible intensité lumineuse
des faisceaux Raman, et par conséquent une durée d’interrogation plus longue), plus le
pic de spectroscopie sera fin et la détermination de son maximum sensible.

On peut ainsi réaliser des spectres de l’échelle de Wannier-Stark tel que celui présenté
figure ii.7. La probabilité de transition atteint un maximum à chaque résonance quand
le désaccord Raman est égal à Δ𝑚 fois la fréquence de Bloch. L’amplitude de chaque
pic dépend de la fréquence de Rabi ΩΔ𝑚 de la transition associée. En pointant le centre
d’un pic, il est possible de mesurer la fréquence de Bloch et la force associée appliquée
sur les atomes.
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Figure ii.6 – Simulation du pic de probabilité de transition pour une impulsion 𝜋. Calcul
pour 𝜏𝜋 = 100 ms.
Choix de la profondeur du réseau

Puisque la forme des fonctions d’ondes de Wannier-Stark dépend de la profondeur,
la fréquence de Rabi ΩΔ𝑚 = Ωeff ⟨WS𝑚| e𝑖𝑘𝑒 ̂𝑧 |WS𝑚+Δ𝑚⟩ également (figure ii.8). En
particulier, nous avons vu que plus la profondeur du réseau sera faible, plus les fonctions
d’ondes seront étendues (fig. ii.4). Le recouvrement entre états de Wanniers-Stark sera
alors plus important et le couplage entre états de Wannier-Stark distants sera plus facile.
Inversement, à profondeur de piégeage élevée, seules les transitions entre puits voisins
seront autorisées.

En utilisant une profondeur de réseau plus faible, il est donc possible d’induire des
transitions entre puits plus séparés, ce qui augmente la sensibilité sur la fréquence de
Bloch à bruit sur la mesure de fréquence identique. Nous voulons de plus nous placer
dans une situation où le couplage dépend peu de la profondeur du réseau, pour maximiser
la stabilité de la mesure expérimentale malgré les inévitables fluctuations d’intensité ou
de pointé du laser à l’origine du réseau.

Nous avons donc utilisé une profondeur de U0 ≈ 1,9 E𝑟 pour réaliser nos me-
sures, ce qui correspond à un maximum de couplage pour la transition Δ𝑚 = ±6
(fig. ii.8). Cette profondeur continue d’assurer une durée de piégeage dans la
bande fondamentale sufÏsante de plusieurs dizaines de secondes, le maximum
de couplage pour la transition Δ𝑚 = ±7 est quant à lui atteint une profon-
deurs plus faible U0 ≈ 1,4 E𝑟 où les pertes de type Landau-Zener commencent à
être limitantes, avec une durée de vie dans la bande fondamentale d’une dizaine
de secondes.

II.2.2 Interférométrie atomique

Interféromètre de Ramsey
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Figure ii.7 – Spectroscopie de l’échelle de Wannier-Stark
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Figure ii.8 – Couplage interpuits ΩΔ𝑚 dans la bande fondamentale de Bloch, pour des
atomes de rubidium soumis à la gravité dans un réseau optique à 532 nm couplés par une
transition Raman 𝜆R = 780 nm.
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Plutôt que de réaliser une seule impulsion pour déterminer la fréquence de résonance, il
est possible de réaliser une séquence interférométrique en combinant plusieurs impulsions
séparées par un temps d’évolution libre.

L’interféromètre le plus simple à réaliser est un interféromètre de Ramsey, bien connu
dans les horloges micro-ondes, et en particulier les fontaines atomiques [Sor01]. Cette
séquence est constituée d’une première excitation d’une durée 𝜏 — typiquement une
impulsion 𝜋/2 — pour préparer une superposition cohérente des états |F = 1, WS𝑚⟩
et |F = 2, WS𝑚+Δ𝑚⟩, d’un temps d’évolution libre T, et d’une deuxième excitation de
même durée 𝜏 pour recombiner les deux bras interférométriques (fig. ii.9a).

Ramanπ/2 Ramanπ/2
1 2

T 𝑡T
|𝑓⟩
|𝑒⟩

|WS𝑛⟩ |WS𝑛+Δ𝑚⟩
1

2
νHFSΔ𝑚 νB

(a) Interféromètre de Ramsey

Ramanπ/2 Ramanπ/2
1 42 3

MWπ MWπTR2 𝑡T
|𝑓⟩
|𝑒⟩

|WS𝑛⟩ |WS𝑛+Δ𝑚⟩
1

4
2 3

2 3
νHFSΔ𝑚 νB

(b) Interféromètre de Ramsey symétrique

Figure ii.9 – Séquences interférométriques de Ramsey à gauche et de Ramsey symétrisé
par l’ajout d’impulsion 𝜋 micro-onde à droite.

La probabilité de transition à l’issue de cette séquence interférométrique peut s’écrire
[Sor01], en notant 𝜑0 la différence de phase Raman entre les deux impulsions :

P𝑒 = 4ΩΔ𝑚2Ω2R sin2 ΩR𝜏2 (cos ΩR𝜏2 cos 12(𝛿T + 𝜑0) − 𝛿 − 𝛿ACΩ R sin ΩR𝜏2 sin 12(𝛿T + 𝜑0))2 .
(ii.42)

Cette expression peut se réécrire sous la formePRamsey(𝛿, T, ΩΔ𝑚, 𝜏) = 4ΩΔ𝑚2Ω2R sin2 ΩR𝜏2 (cos2 ΩR𝜏2 + (𝛿 − 𝛿ACΩR sin ΩR𝜏2 )2)
cos2 (𝛿T + 𝜑02 + arctan (𝛿 − 𝛿ACΩR tan ΩR𝜏2 )). (ii.43)

L’expression (ii.43) met en évidence un terme correspondant à une enveloppe de Rabi
(en rouge) multiplié par un terme de franges (en vert).
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Figure ii.10 – Franges de Ramsey en fonction du désaccord à résonance 𝛿, en bleu. Les
franges de Ramsey décrivent une sinusoïde modulée en amplitude par une enveloppe,
représentée en rouge. Le calcul numérique a été effectué en prenant T = 150 ms, 𝜏𝜋 =22 ms, 𝜏 = 𝜏𝜋/2 et 𝛿AC = 0.

En utilisant des impulsions 𝜋/2, on peut simplifier l’expression (ii.43) au premier
ordre en 𝛿/ΩΔ𝑚 enP𝑒(𝛿, T, ΩΔ𝑚) = 12 + 12 cos (𝛿 (T + 2ΩΔ𝑚 ) + 𝜑0 − 2𝛿ACΩΔ𝑚 ) . (ii.44)

La probabilité de transition décrit donc une sinusoïde, de phase𝜑 = 𝛿TR + 𝜑0 − 2 𝛿ACΩΔ𝑚 (ii.45)= 2𝜋(𝜈R − Δ𝑚 𝜈B − 𝜈HFS)TR + 𝜑0 − 2 𝛿ACΩΔ𝑚 (ii.46)

en notant TR = T + 2ΩΔ𝑚 . (ii.47)

La probabilité de transition décrit donc en fonction du désaccord à résonance une sinusoïde
de période 1/TR telle que simulée figure ii.10. En pratique, d’inévitables inhomogénéités
de fréquence de Bloch et surtout de fréquence hyperfine dues au déplacement lumineux
différentiel limitent le contraste des franges, c’est-à-dire leur amplitude. On obtient ainsi
expérimentalement des interférogrammes tels que celui présenté figure ii.11. La mesure
de la phase interférométrique des franges permet ensuite de remonter à la fréquence de
Bloch.

Les franges interférométriques ont approximativement la même largeur en fréquence
que le pic d’une impulsion spectroscopique 𝜋 d’une même durée T. La sensibilité sur le
pointage de la fréquence de résonance n’est donc pas foncièrement différente entre les
méthodes spectroscopique ou interférométrique. Cependant, les interféromètres présentent
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Figure ii.11 – Franges de Ramsey expérimentales, pour la transition Δ𝑚 = −6. L’amor-
tissement du contraste des franges à C ≈ 0,3 est dû aux inhomogénéités de force et de
déplacement lumineux différentiel (sec. IV.1). T = 150 ms et 𝜏𝜋 = 22 ms.

des avantages en cas de présence d’inhomogénéités sur la fréquence de résonance.
En effet, des inhomogénéités asymétriques (comme celles créées par les inhomogénéités

de déplacement lumineux différentiel dues aux lasers de piégeage) élargissent non seule-
ment le pic de spectroscopie, mais le déforment aussi (fig. ii.12). Le pointage du centre
du pic pour mesurer la fréquence de résonance moyenne est alors plus difÏcile à mesurer
rigoureusement, et peut dépendre de la méthode utilisée. Ces mêmes inhomogénéités ne
déforment pas les franges d’un interféromètre qui conservent leur forme sinusoïdale, mais
réduisent seulement leur amplitude.

Interféromètres symétriques

De plus, il est possible d’utiliser des séquences interférométriques plus complexes que
le simple interféromètre de Ramsey en combinant des impulsions supplémentaires. En
particulier, il est possible de combiner impulsions Raman et micro-ondes. Ces dernières
permettent de coupler les états |F = 1, WS𝑛⟩ et |F = 2, WS𝑛⟩, avec les mêmes équations
que (ii.38). Comme nous l’avons vu précédemment (éq. (ii.29)), une impulsion micro-
onde ne permet pas de changer l’état de Wannier-Stark, seulement l’état électronique,
mais le couplage sera en pratique plus efÏcace qu’avec des transitions Raman.

Nous pouvons user de ces impulsions micro-ondes pour réaliser un écho de spin dans
l’interféromètre [Sol16b]. En utilisant des impulsions 𝜋 micro-ondes pour symétriser la
séquence, de façon à ce que pour chaque bras de l’interféromètre les atomes passent
autant de temps dans chaque état hyperfin, la dépendance de la phase à la fréquence
hyperfine peut être supprimée. De cette façon, l’interféromètre devient insensible au
déplacement lumineux différentiel lié aux lasers de piégeage, ce qui limite la perte de
contraste interférométrique due aux inhomogénéités de déplacement lumineux différentiel.
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Figure ii.12 – Spectroscopie de la transition Δ𝑚 = −6. Le pic est asymétrique à cause
du déplacement lumineux différentiel dû au laser IR.

Un exemple d’une telle séquence est l’interféromètre Ramsey symétrique, semblable à
l’interféromètre de Ramsey avec l’inclusion de deux impulsions 𝜋 micro-onde de fréquence𝜈MW séparées de TR/2 pour assurer la symétrisation (fig. ii.9b). En négligeant la durée
des impulsions 𝜋 micro-onde, la phase en sortie de cet interféromètre vaut [Tac13]

𝜑 = 2𝜋(𝜈R − Δ𝑚 𝜈B − 𝜈MW)TR + 𝜑0 − 2 𝛿ACΩΔ𝑚 (ii.48)

Enfin, on peut utiliser la possibilité d’effectuer plusieurs impulsions pour réaliser des
séquences offrant une plus grande aire interférométrique. Notons par exemple l’interféro-
mètre « accordéon » [Pel13c] (fig. ii.13a) qui permet de doubler l’aire de l’interféromètre,
ou l’interféromètre « multi-𝜋 » [Ala18a] (fig. ii.13b), un interféromètre de Ramsey avec plu-
sieurs impulsions 𝜋 Raman pour déplacer les atomes dans chaque bras interférométrique
de plusieurs puits.

L’utilisation de ces séquences, avec une séparation entre les deux bras de plus deΔ𝑚 puits, permet d’obtenir une meilleure sensibilité de la phase de l’interféromètre à
la fréquence de Bloch. Néanmoins, l’utilité de ces interféromètres est limitée par leur
contraste plus faible dû à l’imperfection d’un plus grand nombre d’impulsions [Hil14 ;
Ala18a].

Pour cette raison, toutes les mesures interférométriques utilisées durant ma thèse
ont utilisé des interféromètres Ramsey symétriques ou de Ramsey (et principalement ces
derniers, pour les raisons exposées plus tard section iv.1).
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Figure ii.13 – Séquences interférométriques à grande séparation, par l’utilisation d’im-
pulsion 𝜋 Raman pour séparer les deux bras interférométriques et augmenter l’aire de
l’interféromètre.

II.3 Échelle de Wannier-Stark et mesure de force à proxi-
mité d’une surface

II.3.1 États de Wannier-Stark modifiés par la surface

Le voisinage du miroir perturbe l’échelle de Wannier-Stark E𝑛 = 𝑛ℎ𝜈B décrite
précédemment pour un réseau infini.

En première approche, la présence du miroir impénétrable pour les atomes ajoute
un mur de potentiel V(𝑧 < 0) = +∞ qui brise la symétrie du système. Les états propres
du système ne sont alors plus invariants par translation. Ce mur de potentiel impose
que WS𝑛(𝑧 = 0) = 0. Seuls les états de Wannier-Stark dont l’extension en 𝑧 = 0 est non
négligeable sont impactés par cette contrainte, les états centrés sur 𝑛 ≳ 8 conservent
une forme semblable à celles des états de Wannier-Stak non modifiés par la surface. La
déformation des fonctions d’ondes proches du miroir modifie également leur énergie. En
décalant la position moyenne de l’état de Wannier-Stark modifié |WS𝑚⟩ qui n’est plus
centré sur le puits 𝑚, la présence du miroir ajoute un effet répulsif.

Numériquement, la fonction d’onde de ces états de Wannier-Stark modifiés peut être
calculée en discrétisant l’hamiltonien par une méthode des éléments finis, et en identifiant
ses vecteurs propres par des méthodes classiques d’algèbres linéaires [Pel12 ; Mau16b].
On détermine ainsi les distributions de probabilités des états de Wannier-Stark modifiés
proches de la surface, représentées figure ii.14.

À l’effet répulsif de la surface se rajoute également le potentiel attractif de Casimir-
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Figure ii.14 – Fonctions d’onde de Wannier-Stark modifiées par le mur de potentiel de la
surface du miroir et la fonction d’onde non modifiée correspondante, pour une profondeur
de réseau de U0 = 1, 9 E𝑟.

Polder. Dans le cadre du projet de recherche d’une cinquième force (sec. i.1), son impact
sur l’échelle d’énergie de Wannier-Stark a été estimé.

Il faut d’abord évaluer dans notre situation la valeur du potentiel de Casimir-PolderVCP(𝑧). Notre miroir est un miroir diélectrique trichroïque, transparent pour des lon-
gueurs d’onde incidentes de 780 nm et 1064 nm et réfléchissant à 532 nm. Seules certaines
fréquences du champ électromagnétique incident sont donc sélectionnées. Il est nécessaire
d’être plus précis dans le calcul que la simple utilisation des expressions (i.6) et (i.7)
déterminées pour une surface parfaitement réfléchissante. Ce travail a été effectué par
Axel Maury de l’équipe Fluctuations quantiques et relativité du lkb à partir de données
mesurées de transmittance de notre miroir [Mau16b].

Pour estimer l’effet de ce potentiel loin du miroir quand VCP(𝑧) ≪ U0 ≈ ℎ × 8 kHz,
on peut simplement utiliser la théorie des perturbations au premier ordre. Le potentiel
de Casimir-Polder apporte une perturbation δE𝑛 sur l’échelle d’énergie égale àδE𝑛 = ⟨WS𝑛|VCP( ̂𝑧)|WS𝑛⟩. (ii.49)

Cependant, pour les puits les plus proches du miroir 𝑛 ≲ 8, deux phénomènes
vont limiter cette approche. D’une part, les interactions de Casimir-Polder de-
viennent dominantes devant le potentiel de piégeage, et la validité de la théorie
des perturbations n’est plus assurée. Le puits de potentiel 𝑛 = 1 n’est par exemple
plus confinant.

D’autre part, la densité de probabilité des états de Wannier-Stark modifiés par la
surface du miroir tend vers zéro quand 𝑧 → 0, mais comme une loi en 𝑧2. Or le potentiel
de Casimir-Polder se comporte dans le régime de van der Waals en VCP(𝑧 → 0) ∝ 𝑧−3. Le
calcul de l’intégrale (ii.49) diverge donc en 𝑧 = 0 et il est nécessaire d’ajouter un terme
de régularisation pour obtenir un résultat physique [Pel12 ; Mau16b]. Pour contourner ces
deux problèmes, il est préférable de résoudre directement l’équation aux valeurs propres
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11 −2,83 0,02

2 559,3 0,8 12 −1,93 0,01
3 85,6 0,7 13 −1,329 0,007
4 −112,9 0,6 14 −0,925 0,008
5 −125,3 0,4 15 −0,643 0,006
6 −60,7 0,1 16 −0,434 0,006
7 −24,85 0,05 17 −0,281 0,005
8 −12,22 0,03 18 −0,161 0,004
9 −6,97 0,01 19 −0,074 0,004
10 −4,33 0,02 20 0,000 0,004

Table ii.1 – Correction à la fréquence de Bloch δE𝑛 = E𝑛 + 𝑛 ℎ𝜈B des vingt premiers
niveaux d’énergies par l’effet de la surface, relativement au niveau 𝑛 = 20, avec les
incertitudes associées. Valeurs extraites de [Mau16b].

en prenant en compte simultanément le potentiel de piégeage et celui des interactions
atome-surface.

À la suite d’un tel travail, il a été obtenu l’échelle d’énergie présentée table ii.1,
directement issue de la thèse d’Axel Maury [Mau16b] (table III.4 p. 88).

Malheureusement, à la suite de la dissolution de l’équipe du lkb au sein de laquelle
ses travaux ont été effectués, ses codes de calcul n’ont pour l’instant pas été retrouvés.
Nous sommes donc dans l’incapacité de reprendre ses calculs pour d’autres situations
que celles tabulées dans son manuscrit de thèse. En particulier, les mesures effectuées
durant ma thèse ont été réalisées pour une profondeur du réseau de 1,9 E𝑟, là où tous les
calculs réalisés dans [Mau16b] l’ont été pour une profondeur de 3 E𝑟 et donc un plus faible
étalement des fonctions d’onde de Wannier-Stark — d’environ 25 %. Nous allons faire par
la suite l’hypothèse que les niveaux d’énergie attendus pour la profondeur U0 = 1,9 E𝑟
restent proches de ceux pour U0 = 3 E𝑟, et que nous pouvons donc utiliser les calculs
d’Axel Maury comme référence de l’effet Casimir-Polder attendu.

II.3.2 Impact sur la mesure de force
Il reste à déterminer l’impact de cette modification de l’échelle d’énergie par les

interactions de Casimir-Polder sur la mesure expérimentale de force. L’énergie d’une
transition entre les puits 𝑛 et 𝑛 + Δ𝑚 (représentée en bleu figure ii.15) vautΔE𝑛,𝑛+Δ𝑚 = E𝑛+Δ𝑚 − E𝑛 = Δ𝑚 ℎ𝜈B + δE𝑛+Δ𝑚 − δE𝑛. (ii.50)

Comme nous le verrons par la suite, nous n’avons pas la résolution pour sonder directement
des transitions individuelles et mesurer séparément les différentes énergies δE𝑛+Δ𝑚 − δE𝑛.
Nous nous sommes donc contentés d’exciter simultanément toutes les transitions 𝑛 ↔𝑛 + Δ𝑚 pour réaliser une mesure de la force moyennée sur l’étendue spatiale du nuage.
Pour estimer l’effet attendu de la force de Casimir-Polder, il est alors nécessaire de
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prendre en compte ce moyennage à partir des données des niveaux d’énergies modifiés
par les interactions de Casimir-Polder (table ii.1).

Fréquence de Bloch moyenne

Nous supposons que la distribution de densité atomique 𝑔(𝑛) au sein du réseau optique
suit une distribution normale de largeur 𝜎𝑧 autour de la position moyenne 𝑧0, évaluée
pour chaque puits 𝑛 à sa position centrale 𝑛 𝑎 :𝑔(𝑛 > 0) = exp(− (𝑛 𝑎−𝑧0)22𝜎2𝑧 )∑𝑛′>0 exp(− (𝑛′ 𝑎−𝑧0)22𝜎2𝑧 ) (ii.51)

Une première approche consiste à moyenner directement les fréquences ΔE𝑛,𝑛+Δ𝑚/ℎ
des transitions 𝑛 ↔ 𝑛 + Δ𝑚 pondérées par la densité de population 𝑔(𝑛) (courbe verte
figure ii.15) : ΔEavg = ∑𝑛 ΔE𝑛,𝑛+Δ𝑚 𝑔(𝑛). (ii.52)

Néanmoins, ce n’est pas cette grandeur que nous mesurons physiquement. Pour
déterminer la fréquence de Bloch expérimentalement, nous ne mesurons pas directement
la fréquence moyenne des transitions 𝑛 ↔ 𝑛 + Δ𝑚, mais la position de la frange centrale
de l’interférogramme moyen. Cet interférogramme moyen P𝑚 est la moyenne pondérée
par la densité atomique des interférogrammes de chaque transition :P𝑚(𝑓) = ∑𝑛 PRamsey(𝛿 = 𝑓 − ΔE𝑛,𝑛+Δ𝑚/ℎ, T, Ω, 𝜏) 𝑔(𝑛). (ii.53)

Des exemples de simulation d’interférogrammes moyens sont représentés figure ii.16. On
remarque le décalage des franges sous l’effet des interactions de Casimir-Polder lorsque le
nuage se rapproche du miroir. De ces interférogrammes moyens P𝑚(𝑓), on peut extraire
la fréquence de leur frange centrale 𝑓0 et son décalage attendu en se rapprochant du
miroir, représenté en orange figure ii.15.

On peut constater que ces deux méthodes de moyennage, de la fréquence de Bloch ou
des interférogrammes pour en extraire la fréquence centrale, donnent des résultats sur le
décalage de la fréquence de Bloch différents de plus d’un ordre de grandeur. Deux effets
expliquent cette différence :

1. Le filtrage par l’enveloppe du profil de Rabi limite la contribution des transitions
les plus proches du miroir. Lors de la mesure interférométrique, nous sondons
les transitions avec une fréquence Raman proche de Δ𝑚 𝜈B. Pour les premières
transitions les plus proches du miroir, cette fréquence peut être trop désaccordée
de résonance pour exciter la transition. La prise en compte de cet effet dans le
moyennage des fréquences de Bloch aboutit à la courbe rouge sur la figure ii.15.

2. Le moyennage des sinusoïdes réduit le décalage de la fréquence de Bloch mesuré
sur les interférogrammes. Lors du moyennage des franges d’interférence, seules
les franges d’un décalage 𝜹E𝑛/ℎ petit devant l’interfrange 1/TR contribuent à
déplacer la sinusoïde moyenne. Les franges plus fortement décalées ne déplacent
pas la frange moyenne, mais contribuent surtout à réduire son contraste.
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Figure ii.15 – Décalage moyen de la fréquence de Bloch. Les points bleus représentent
la correction à la fréquence de Bloch qu’on obtiendrait en mesurant de manière résolue
les différentes transitions individuelles (croix : données brutes extraites de II.1 ; cercles :
données extrapolées). La courbe verte indique la correction obtenue en moyennant l’énergie
de ces transitions, pondérée par la taille du nuage. La courbe rouge montre le même
moyennage, en prenant en compte le profil de l’enveloppe de Rabi centrée sur la fréquence
de résonance loin du miroir. Les courbes orange, marron et violette représentent le
décalage de la frange centrale de l’interférogramme moyenné pour des tailles de nuage
respectivement de 3,5, 1 et 10 µm. Le calcul a été effectué pour une transition Δ𝑚 = −6.
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Figure ii.16 – Simulation des franges de Ramsey au voisinage du miroir pour une
transition Δ𝑚 = −6 et une taille de nuage 𝜎𝑧 = 3,5 µm. Les franges se décalent sous
l’effet de la force de Casimir-Polder lorsque le nuage se rapproche du miroir.

Cet effet de moyennage est très dépendant de la taille du nuage. Avec un nuage
plus petit, le moyennage se fait sur moins de franges, et le résultat est plus sensible aux
transitions plus proches du miroir. Par exemple, l’utilisation d’un nuage plus fin de 1 µm
d’épaisseur permettrait d’obtenir une mesure moyenne de la fréquence de Bloch beaucoup
plus proche des fréquences des transitions uniques (fig. ii.15).

Extrapolation des valeurs du potentiel de Casimir-Polder

Une limitation rencontrée avec cette opération de moyenne est le faible nombre de
niveaux d’énergie tabulés dans la thèse d’Axel Maury (table ii.1). Notre instrument
est sufÏsamment sensible pour qu’il puisse être nécessaire de prendre en compte les
transitions 𝑛 → 𝑛 + Δ𝑚 pour des puits 𝑛 > 20.

Pour contourner ce problème, j’ai extrapolé les valeurs des niveaux d’énergies 𝑛 > 20
en supposant qu’ils suivent une loi 𝛿E𝑛 = A𝑛−𝑝 + 𝑐 et en ajustant A et 𝑐 sur les 6
derniers niveaux d’énergies E14<𝑛≤20, là où le potentiel de Casimir-Polder est à priori le
plus régulier. Dans ce régime de distance, le potentiel de Casimir-Polder est en pleine
transition du régime de Casimir-Polder vers le régime thermique ; il n’est donc pas évident
de savoir s’il vaut mieux utiliser 𝑝 = 4 ou 𝑝 = 3. Mais comme on le constate figure ii.17,
ce choix a impact peu significatif sur la fréquence de Bloch mesurée au final, de l’ordre
de 5 %, qui sera indiscernable expérimentalement.

Dans le reste de ce manuscrit, l’extrapolation sera réalisée en prenant 𝑝 = 3.

Fréquence de Rabi au voisinage de la surface

On peut noter que le moyennage de la probabilité de transition dépend de la fréquence
de Rabi Ω𝑛,𝑛+Δ𝑚 = ⟨WS𝑛| e𝑖𝑘eff ̂𝑧|WS𝑛+Δ𝑚⟩ associée à chaque transition. Le voisinage de
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Figure ii.17 – Décalage attendu de la frange interférométrique centrale à la suite du
moyennage sur la taille du nuage en fonction de la distance du centre du nuage atomique
à la surface. Le calcul a été effectué pour différentes extrapolations des niveaux d’énergies
des états 𝑛 > 20 : une évolution à la puissance 3e (en bleu) ou 4e (en orange) de la
distance du miroir, ou une troncature de la correction des niveaux d’énergie (en vert). Le
calcul a été effectué pour une transition Δ𝑚 = −6 et une taille de nuage de 𝜎𝑧 = 3,5 µm.

la surface modifie la fonction d’onde |WS𝑛⟩ et par là le couplage entre deux états. Ainsi
à une durée de couplage effectuant une transition 𝜋/2 pour les états loin de la surface
peut correspondre une amplitude de transition différente au contact du miroir. L’effet de
la surface sur la fréquence de Rabi a été étudié dans [Mau16a] (figure ii.18). On constate
que pour 𝑛 ≳ 8, la fonction d’onde reste proche de celle d’un état de Wannier-Stark
non modifié et que le couplage ne dépend alors pas de l’état 𝑛 considéré. Plus proche
de la surface il peut être nécessaire de prendre en compte cet effet. Mais comme lors
du moyennage de la probabilité de transition, les transitions impliquant ces états sont
de toute façon hors du profil d’excitation Rabi et ne contribuent pas au décalage de la
frange centrale, il n’est pas utile de prendre en compte cet effet en première approche.

Nous avons vu les principes physiques du fonctionnement de notre capteur quan-
tique, qui permettent de mesurer une force à partir de mesures de la fréquence de
Bloch, correspondant à la différence d’énergie entre deux niveaux de l’échelle de
Wannier-Stark. Nous allons chercher à mesurer les perturbations induites sur cette
échelle par la force de Casimir-Polder, qui ont été étudiées à l’occasion d’une autre
thèse [Mau16b]. Du fait de la taille finie du nuage atomique qui impose un moyennage
de ces perturbations à l’échelle du nuage, les mesures de force seront dépendantes de
la taille du nuage utilisé, et les effets attendus de la force de Casimir-Polder sur les
mesures de force seront en pratique beaucoup faibles que si l’on sondait directement
des transitions entre puits unique pour des distances inférieures à 5 µm.
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Figure ii.18 – Couplage Raman Ω𝑚−𝑛/Ωeff entre les deux états |WS𝑛⟩ et |WS𝑚⟩. Figure
extraite de [Mau16a].
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Chapitre III

Dispositif expérimental

Ce chapitre est consacré à la description du dispositif expérimental capable de
piéger, d’interroger et de détecter des atomes ultrafroids au voisinage de la surface.
Je commencerai par une description succincte des étapes de refroidissement, qui n’ont
que peu évolué par rapport aux versions passées de l’expérience. Je décrirai ensuite le
transport des atomes de la chambre à vide de préparation vers la chambre à vide de
science où est placée la surface d’intérêt. Je présenterai ensuite les étapes de préparation et
d’interrogation dans l’échelle de Wannier-Stark, avant de finir sur le système de détection
des atomes.

III.1 Refroidissement laser
La séquence expérimentale débute par le refroidissement et le piégeage d’atomes

de 87Rb dans un piège magnéto-optique (ou magneto-optical trap, mot) [Raa87]. La
réalisation expérimentale complète de ce refroidissement a été décrite précédemment dans
[Sol16b] et [Ala18a], et n’a pas évolué durant cette thèse. On n’en rappellera donc ici que
les grandes lignes.

Le refroidissement laser est assuré par deux sources laser, un repompeur et un
refroidisseur. Le repompeur est verrouillé sur la transition |F = 1⟩ → |F′ = 1⟩ par
spectroscopie d’absorption saturée, mais par un jeu de passage dans des modulateurs
accousto-optiques (aom), la lumière sur les atomes est résonnante avec la transition|F = 1⟩ → |F′ = 2⟩. Le refroidisseur est verrouillé en fréquence par asservissement de
la fréquence d’un battement avec le laser repompeur, ce qui nous permet une certaine
accordabilité. La fréquence de ce laser de refroidisseur est donc ajustable selon l’usage que
l’on va en faire (figure iii.1). Pour la phase de mot, on l’ajuste à Δ = −14,8 GHz = −2,5 Γ
de la transition cyclante |F = 2⟩ → |F′ = 3⟩.

En combinant ces deux lasers, on peut réaliser en présence d’un gradient de champ
magnétique un piège magnéto-optique qui refroidit les atomes sur la transition cyclante|F = 2⟩ → |F′ = 3⟩. En pratique, une vapeur d’atomes thermiques passe par une
première étape de refroidissement dans un mot 2d pour produire un jet d’atomes
refroidis transversalement, qui charge ensuite un mot 3d placé dans l’enceinte à vide du
bas où quelques milliards d’atomes sont refroidis à quelques microkelvins.

Ce refroidissement est cependant moins efÏcace que dans le passé, avec une saturation
du mot atteinte en près de 3 s, contre 1 s décrit dans [Sol16b]. Cela n’est pas dû à un

43
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Figure iii.1 – Niveaux d’énergies de la raie D2 du 87Rb et les différentes transitions
électroniques utilisées dans l’expérience.
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problème de vide dans l’enceinte à vide principale, puisque le mot a une durée de vie
observée de 30 s, comparable aux mesures effectuées il y a dix ans [Hil14]. Pour compenser
cette moindre efÏcacité due probablement à une diminution de la puissance laser ou une
plus faible efÏcacité du mot 2d, la durée de chargement dans le mot 3d a été portée de600 ms à 1 s ; ce qui a permis d’augmenter légèrement le nombre d’atomes final après le
transport de 14 000 à 16 600 (fig. iii.2).

400 600 800 1 000 1 200 1 400 1 6006
7
8
9

Temps de chargement du mot 3d [ms]

N at[unit
é

ar
b.

]

Figure iii.2 – Nombre d’atomes à l’issue du transport en fonction de la durée de
chargement dans le MOT 3D

À l’issue de cette étape de refroidissement est réalisé pendant 100 ms un piège
magnéto-optique comprimé « gris », afin d’augmenter la densité du nuage d’atomes
froids pour améliorer son transfert dans le piège dipolaire de l’étape suivante. Durant
cette phase, on comprime le nuage en augmentant le gradient de champ magnétique
du mot. De plus, l’intensité du repompeur est fortement réduite pour augmenter la
population dans |F = 1⟩ (état « gris ») et le désaccord à résonance du refroidisseur
est fortement augmenté à −78 MHz, tout cela pour réduire le taux de fluorescence
et ainsi la pression de radiation répulsive au sein du mot lié à la réabsobtion de
photons diffusés.

III.2 Refroidissement évaporatif
À l’issue de la phase de refroidissement laser, même avec le mot comprimé gris, le

nuage atomique a encore une taille verticale de plusieurs centaines de micromètres. Pour
réaliser une mesure ponctuelle de force locale sans avoir à moyenner sur toute cette taille,
il est nécessaire de réduire sa taille. Pour ce faire, nous réalisons après cette première
étape un refroidissement évaporatif des atomes dans un piège dipolaire croisé.

Ce refroidissement fonctionne en piégeant des atomes dans un piège de profondeur
finie. Sous l’effet de collisions élastiques, un atome peut acquérir une énergie supérieure à
la profondeur du piège et s’échapper, emportant avec lui son énergie. Le reste du nuage se
thermalise alors par collisions à une température plus faible. Pour accélérer le processus
au prix d’une perte plus importante d’atomes, on diminue progressivement la profondeur
du piège.
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Figure iii.3 – Schéma du banc optique du piège dipolaire évaporatif.

Le piège que nous utilisons est un piège optique créé par le potentiel dipolaire engendré
par l’intersection de deux faisceaux gaussiens, de puissance respective P𝑝 et P𝑔 et de
rayon à 1/𝑒2 𝑤𝑝 et 𝑤𝑔. Le potentiel créé par chaque faisceau peut être approximé par un
potentiel harmonique tronqué, de profondeurU0 = 𝛼 I = 𝛼 2P𝜋𝑤2 (iii.1)

et de pulsation 𝜔 = √ −4U0𝑚Rb𝑤2 . (iii.2)

Sur ForcaG, nous avons deux bras indépendants à 1064 nm dont l’intensité peut être
contrôlée séparément par un modulateur accousto-optique pour chaque bras (figure iii.3).
Les deux bras arrivent dans la chambre à vide à l’horizontale, séparé par un angle de 40∘.
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La puissance dans chaque bras décroît pendant 2 s selon une loi de puissance [Sol16b]P(𝑡) = P0 (1 + 𝑡𝜏)−𝛽 + 𝑐 (iii.3)

de manière à assurer un rapport U0/𝑘BT constant durant l’évaporation [OHa01]. En
pratique, les différents paramètres 𝜏, 𝛽, P0 et 𝑐 sont ajustés empiriquement de façon à
optimiser la densité atomique en fin d’évaporation

Pour maximiser le volume initial de capture des atomes et le taux de collisions
élastiques, tout en minimisant la taille finale du nuage, les deux bras ont des rayons sur
les atomes différents. Le rayon sur les atomes mesuré par spectroscopie micro-ondes du
déplacement lumineux différentiel du petit bras est de 50 µm et du gros bras de 135 µm.
Ces rayons sont comparables à ceux mesurés par oscillations paramétriques respectivement
de 54 µm et 125 µm dans [Abs23]. Le positionnement des lentilles de focalisation n’est
pas parfait, puisque compte tenu des focales utilisées, nous nous attendons plutôt à un
waist du petit bras de 30 µm situé au niveau du nuage atomique.

Nous finissons avec environ 45 000 atomes à 310 nK avec un temps de chargement
du MOT de 1 s, ce qui moins efÏcace que dans le passé de l’expérience. Dans [Ala18b],
un échantillon de 100 000 atomes à 300 nK a été obtenu avec un chargement du mot de600 ms .

De plus, à cause de ce plus gros rayon du petit bras, le nuage est plus gros qu’espéré.
Compte tenu d’une puissance finale dans le petit bras d’environ 0,05 W, la fréquence
finale de piégeage est d’environ 𝜔𝑠 ≈ 2𝜋 × 80 Hz. La taille verticale attendue pour le
nuage de 300 nK est donc de 𝜎𝑧 = √ 𝑘BT𝑚Rb𝜔𝑠2 ≈ 10 µm. (iii.4)

On mesure effectivement cette taille de nuage à l’issue du transport atomique au voisinage
du miroir (sec. v.1.2).

Ce nuage, trois fois plus gros que les 3 µm obtenus précédemment [Ala18b], pose
problème pour effectuer une mesure résolue en position de la force de Casimir-Polder.
Comme nous l’avons vu section ii.3.2, l’effet mesuré moyen de la force de Casimir Polder
est sensible à la taille du nuage et d’autant plus faible que le nuage est épais. Avec une
épaisseur d’une dizaine de micromètres, l’effet des interactions au contact du miroir sera
par exemple deux fois plus faible que pour un nuage de 3,5 µm d’épaisseur.

Pour remédier à ce problème, nous effectuons à la fin de l’évaporation une étape
supplémentaire de compression adiabatique en augmentant linéairement pendant 30 ms
la puissance des bras du piège dipolaire d’un facteur 𝜂 ≈ 30. Si la compression du piège
harmonique de fréquence 𝜔 vers la fréquence 𝜔′ est bien adiabatique, la température du
nuage initialement à la température T augmente àT′ = T𝜔′𝜔 . (iii.5)

La compression augmente donc la température d’un facteur √𝜂, mais permet de réduire
la taille du nuage d’un facteur 4√𝜂. Nous mesurons après compression un nuage d’une
température de 1500 nK et d’une taille comprise entre 3 et 4 µm, compatibles avec la
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loi d’échelle d’une compression adiabatique. Si la compression s’effectue sans pertes,
le nombre d’atomes à l’issue du transport est cependant divisé par deux à cause du
chauffage de l’échantillon.

III.3 Transport des atomes
Pour limiter la pollution du miroir de mesure par des atomes adsorbés, le miroir est

placé dans une autre enceinte à vide, située au-dessus de celle dans laquelle les atomes
sont préparés. Pour réaliser une mesure locale de force, nous devons donc déplacer le
nuage atomique de façon contrôlée et avec précision sur les 30 cm de distance entre la
surface du miroir et le centre du piège dipolaire, et cela sans expansion du nuage. Pour
déplacer le nuage atomique refroidi, nous utilisons un réseau optique en mouvement,
appelé un ascenseur de Bloch.

III.3.1 Principe de l’ascenseur de Bloch
Notre ascenseur de Bloch est constitué d’un réseau optique formé par l’interférence

de deux faisceaux laser contrapropageants de vecteur d’onde 𝑘b. L’application d’une
différence de fréquence 𝛿b sur l’un des bras par rapport à l’autre entraîne le déplacement
du réseau à la vitesse 𝑣b = 𝛿b2𝑘b

(iii.6)

Les atomes dans ce réseau en mouvement subissent des oscillations de Bloch [Cla05]
de la même façon que dans un réseau soumis à une force. Les deux points de vue,
force appliquée sur des atomes ou réseau accéléré, sont d’ailleurs équivalents, puisqu’un
changement de référentiel non galiléen permet de passer d’une description physique à
l’autre. Dans le cas de notre réseau accéléré verticalement, les atomes subissent en plus
de la force de pesanteur 𝑚Rb𝑔 une force d’accélération d’entraînement −𝑚Rb

d𝑣b
d𝑡 .

Grâce à l’impulsion 2ℏ𝑘b transmise aux atomes à chaque oscillation de Bloch, le
nuage atomique suit le mouvement imposé au réseau optique. Comme ce mouvement
est contrôlé par un désaccord en fréquence, qui peut être très bien contrôlé, il va être
possible de déplacer le nuage atomique sur plus de 30 cm avec une extrême précision. En
ordre de grandeur, les dds utilisées pour contrôler le désaccord possèdent une résolution
de l’ordre du µHz, ce qui permet en principe d’avoir un contrôle inférieur à 10−4 nm sur
la position finale du réseau après un transport de 0,1 s.

De plus, grâce à la périodicité des oscillations de Bloch, la taille du nuage atomique
est conservée lors du transport tant que les atomes restent piégés dans le réseau accéléré.
Cela nécessite de conserver le réseau allumé durant la totalité du transport, il n’est pas
sufÏsant de lancer les atomes puis de les recapturer.

L’efÏcacité du transport dans l’ascenseur de Bloch est alors limitée par trois sources
de pertes :

Filtrage initial Lors du chargement adiabatique dans le réseau, un effet de filtrage
a lieu. Seuls les atomes dont l’impulsion est comprise dans la première zone de
Brillouin [−ℏ𝑘b; ℏ𝑘b] sont chargés dans la bande de Bloch fondamentale qui sera
efÏcacement transportée. Seule une fraction erf(𝑣rec/√2𝑘T/𝑚Rb) du nuage à la
température T pour être efÏcacement transporté, soit 73 % d’un nuage à 300 nK
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Figure iii.4 – Schéma global de l’expérience. Tous les lasers doivent être alignés
verticalement sur la position du croisement des bras du piège dipolaire.
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ou 38 % d’un nuage à 1500 nK, d’où l’intérêt de commencer avec un échantillon
ultra-froid.

Pertes non adiabatiques Pendant l’accélération du réseau, les atomes peuvent
quitter la bande de Bloch fondamentale pour des bandes excitées si l’accélération
est trop importante. Si l’approximation du taux de pertes Landau-Zener (ii.20)
n’est valable que pour le régime des liaisons faibles, elle donne en première
approximation un ordre de grandeur des accélérations pour lesquelles les pertes
non adiabatiques restent faibles :𝑎acc ≪ 𝑎𝑐 = 𝜋32𝑚Rb

U02E𝑟 𝑘. (iii.7)

Dans le régime des liaisons fortes dans lequel nous nous plaçons, des termes
de pertes supplémentaires peuvent se rajouter. Si l’accélération est telle que les
états de Wannier |𝑤0,𝑗⟩ et |𝑤1,𝑗+1⟩ sont de même énergie, les fuites de la bande
fondamentale vers les bandes excitées sont favorisées par effet tunnel [Bha97 ;
Glü00]. Cette résonance se produit quand [Dal13]ℎ 𝜈B = J𝑏=10 − J𝑏=00 ≈ 2√U0E𝑟. (iii.8)

Pour minimiser ces pertes, il y a donc un intérềt à utiliser des accélérations
faibles, et donc de longues durées de transport, avec une profondeur de réseau U0
importante.

Émission spontanée Les atomes sont soumis à de l’émission spontanée, à un tauxΓsp = 18 Γ3Δ2 I0Isat
(iii.9)

où I0 est l’intensité lumineuse au niveau des atomes et Δ le désaccord à résonance
des lasers des faisceaux de Bloch.

L’émission spontanée transmet une impulsion ℏkb aléatoire aux atomes. L’im-
pulsion transmise aux atomes peut leur faire quitter la bande fondamentale et
chauffe transversalement le nuage. L’émission spontanée contribue également à
dépolariser l’échantillon : un nuage initialement préparé dans l’état |F = 1⟩ peut
se retrouver dans un mélange d’états |F = 1⟩ et |F = 2⟩ sous l’effet de l’émission
spontanée.

Pour limiter cette source de perte, il faut à l’inverse réduire la durée du trajet
et diminuer l’intensité des lasers.

Comme on le constate, il y a un compromis à déterminer entre les pertes non
adiabatiques et celles par émission spontanée. Pour optimiser l’efÏcacité globale du
transport, on peut jouer sur plusieurs paramètres, par exemple :

— l’accélération du réseau 𝑎(𝑡) ;
— la puissance P(𝑡) des deux lasers ;
— le rayon 𝑤 des faisceaux laser ;
— le désaccord Δ à la résonance des faisceaux lasers : puisque U0 ∝ I0/Δ, Γsp/U0 ∝1/Δ.
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Le signe du désaccord Δ joue aussi un rôle, puisque si les lasers sont désaccordés vers
le rouge, le potentiel est attractif et les atomes sont piégés aux maxima d’intensité
lumineuse 1, tandis que si le désaccord est vers le bleu, les atomes restent piégés dans
les nœuds du réseau au niveau des minima d’intensité 2 [Cla05]. Le taux d’émission
spontanée est beaucoup plus faible dans ce dernier cas.

III.3.2 Mise en place expérimentale
Le schéma du banc laser de préparation des faisceaux de Bloch est présenté iii.5. Une

diode laser en cavité étendue émet un faisceau laser divisé en deux bras, qui passent
chacun dans un aom en double passage pour modifier la fréquence chaque bras de 2 𝜈aom 𝑖.
La fréquence de chaque aom est contrôlable par une dds (Direct Digital Synthesizer).
Chaque bras est ensuite amplifié dans un tapered amplifier, puis leur intensité est modulée
par un deuxième aom avant l’injection dans une fibre optique et l’acheminement vers la
chambre à vide.

Nous avons mis en évidence que les amplificateurs utilisés génèrent de manière non
négligeable de l’émission spontanée, dont une partie est à résonance de la transition
D2 et engendre beaucoup de pertes par émission spontanée des atomes [Abs23]. Pour
corriger ce problème, nous avons placé en sortie des amplificateurs un filtre interférentiel
passe-bande de largeur 150 GHz tel que celui utilisé pour la sélection de la longueur
d’onde dans le laser à cavité étendue. La fréquence centrale du filtre peut être ajustée en
changeant son angle d’incidence. Nous pouvons de cette façon également sélectionner la
fréquence du laser en cavité étendue, mais nous sommes limités sur la plage de fréquence
accessible par l’accordabilité de la diode laser. La source laser a été fixée à un désaccord
à la résonance de −250 GHz.

Avec ce montage, nous disposons d’un contrôle de la fréquence et de la puissance
indépendamment sur chaque bras. Les dds permettent de générer numériquement une
succession de rampes arbitraires de fréquences, qui se traduisent sur le mouvement du
réseau optique par l’application d’accélérations constantes consécutives.

Par souci de simplicité et pour diminuer le nombre de paramètres libres, la séquence
de déplacement du réseau a été choisie sous la forme d’une séquence symétrique entre
accélération et décélération (fig. iii.6) :

1. la séquence débute par une phase de chargement adiabatique où la profondeur
du réseau de Bloch augmente linéairement pendant 0,6 ms à la toute fin du
refroidissement évaporatif ;

2. le réseau subit une accélération constante 𝑎acc = 400 m/s2 pendant Tacc = 6 ms ;
3. l’ascenseur se déplace ensuite avec une accélération 𝑎𝑓𝑓 ≈ 0 pendant T𝑓𝑓 ;
4. on décélère le réseau à 𝑎 = −𝑎acc pendant Tacc ;
5. enfin, on éteint adiabatiquement le réseau.
L’accélération résiduelle 𝑎𝑓𝑓 et la durée T𝑓𝑓 sont ajustées de manière à contrôler la

position finale des atomes 𝑧𝑓 = ∬ 𝑎(𝑡) d𝑡 d𝑡.
Les deux bras du réseau optique sont emmenés respectivement au-dessus et au-dessous

1. Dans la limite des liaisons fortes, pour une intensité moyenne Ib, l’intensité ressentie est de 2 Ib
2. Dans la limite des liaisons fortes, pour une intensité moyenne Ib correspondant à une profondeur

de réseau U0, l’intensité ressentie est de Ib√E𝑟/|U0|
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Figure iii.5 – Schéma du banc optique de préparation des faisceaux de Bloch.
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Figure iii.6 – Séquence de transport dans l’ascenseur de Bloch. La séquence commence
par un chargement adiabatique de 0,6 ms dans le réseau, qui est ensuite accéléré pendant6 ms, puis se déplace à vitesse constante. Le réseau est ensuite décéléré avec la même
accélération, puis progressivement éteint.
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de la chambre à vide (fig. iii.4). La lumière est polarisée linéairement pour former le
réseau. L’alignement correct de la polarisation est assez crucial, car en cas de mauvais
réglage, le bras du bas peut être partiellement réfléchi sur le miroir Raman (illustré fig.
iii.4 et présenté à la section suivante). On observe alors la formation d’un réseau parasite
statique issu de l’interférence de cette réflexion du Bloch du bas avec lui même. Ce réseau
statique perturbe le lancement des atomes et diminue le nombre d’atomes transportés.

Les faisceaux sont focalisés sur les atomes, mais leur rayon n’est alors pas uniforme
sur la distance de transport. Au niveau de la chambre à vide inférieure, il est d’environ350 et 430 µm respectivement pour le bras du bas et celui d’en haut ; au niveau de la
chambre supérieure, les rayons respectifs sont de 680 et de 550 µm.

III.3.3 Performances
L’optimisation globale de l’ascenseur de Bloch est difÏcile, avec de nombreux pa-

ramètres rentrant en jeu (𝑎acc, Tacc, Pb, 𝑤b, Δ, etc.), dont certains complexes à scanner.
Après plusieurs étapes d’optimisation locale, paramètre après paramètre, illustrées figure
iii.7, nous nous sommes fixés sur le jeu de paramètres suivants pour maximiser le nombre
d’atomes transférés dans le piège mixte à l’issue du transport :

— 𝑎acc = 400 m/s2, Tacc = 6 ms ;
— Pb,bas = 40 mW, Pb,haut = 20 mW ;
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Figure iii.7 – Évolution du nombre d’atomes transférés dans le réseau optique de mesure
en fonction des paramètres de la séquence de transport que sont l’accélération 𝑎acc durant
la phase d’accélération et la durée Tacc de cette dernière.

Avec ces puissances lumineuses, la profondeur du réseau atteint U0 = 100 E𝑟 au
niveau de la chambre à vide inférieure et U0 = 40 E𝑟 dans la chambre supérieure.

À l’issue du transport, environ 20 000 atomes sont typiquement conservés, soit une
efÏcacité de transport globale de 16 %.

Nous constatons que les atomes parviennent en haut dans un mélange équiprobable
d’états |F = 1⟩ et |F = 2⟩, même s’ils ont initialement été tous préparés dans l’état|F = 1⟩, signe que les atomes ont presque tous subi un processus d’émission spontanée.
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Le taux d’émission spontanée est estimé à Γsp = 70 s−1 en bas et Γsp = 25 s−1 en haut, ce
qui est cohérent avec cette observation compte tenu de la durée de transport de 130 ms.

À une profondeur de 40 E𝑟, l’accélération critique de Landau-Zener est de 22 km/s2,
bien au-delà des 400 m/s2 qui semblent constituer le maximum d’efÏcacité de transport
(fig. iii.7a). Cette limite semble due au phénomène de résonance entre états de Wannier
de bande différente, puisque cette résonance se produit (éq. (iii.8)) pour une accélération
de 500 m/s2. Il devrait être possible d’utiliser une plus grande accélération pour aller
au-delà de la résonance, au risque de tomber alors sur l’accélération de résonance pour
la profondeur du réseau situé dans la chambre à vide inférieure (de 840 m/s2), mais ce
régime d’accélération n’a pas été exploré.

Nous avons également essayé de diminuer la profondeur du réseau pendant la phase
de transport à vitesse constante où les atomes ne sont soumis qu’à l’accélération de la
pesanteur de manière à diminuer l’émission spontanée, mais nous avons alors constaté une
diminution du nombre d’atomes transportés. Nous ne sommes également pas parvenus à
transporter efÏcacement les atomes en utilisant des puissances lumineuses plus faibles,
même avec une accélération 𝑎acc beaucoup plus réduite pour éviter les pertes par effet
Landau-Zener.

Nous supposons qu’il s’agit d’un effet de pertes lié à une dimension ignorée dans la
description précédente des oscillations de Bloch : les pertes transverses. Les oscillations
de Bloch assurent le confinement des atomes dans la direction longitudinale du transport,
mais il est également nécessaire de piéger les atomes transversalement. En l’absence de
confinement transverse, notre nuage à une température initiale de 1,5 µK s’étendrait
après 100 ms de transport sur 𝜎𝑥 = 1,2 mm, plus large que la taille transverse du piège
mixte dans lequel le nuage doit être efÏcacement transféré à la fin du transport. Puisque
l’énergie thermique des atomes correspond à une énergie de 8,2 E𝑟, il faut une profondeur
minimale d’environ une vingtaine d’unités d’énergie de recul pour assurer le confinement
des atomes.

Le choix de l’utilisation de faisceaux laser focalisés et désaccordés dans le rouge
s’explique aussi par cette nécessité de conserver les atomes confinés.

III.3.4 Améliorations possibles à l’ascenseur
Nous sommes parvenus à un niveau de performance du transport dans l’ascenseur

correct pour réaliser nos mesures, mais probablement encore loin de l’optimal. Avec une
efÏcacité maximale de 20 %, beaucoup d’atomes sont perdus dans le transport. Surtout,
à cause de l’émission spontanée et de la dépolarisation du nuage atomique, seulement
un quart de ces atomes transportés seront préparés dans l’état utile |F = 1, 𝑚F = 0⟩ 3.
Ainsi, nous n’avons typiquement que 600 atomes disponibles pour la mesure, là où il y en
avait plutôt 15 000 pour les mesures dans la chambre inférieure [Ala18a], principalement
à cause des pertes liées au transport. Nous verrons par la suite comment ce faible nombre
d’atomes limite notre sensibilité à la force et notre capacité à résoudre des transitions
uniques.

Plusieurs techniques pourraient être mises en place pour améliorer l’efÏcacité de
transport de l’ascenseur, mais n’ont pas eu le temps d’être testées ou mises en place sur
le dispositif expérimental.

3. Après l’étape de dépompage des atomes dans |F = 2⟩ présenté à la section suivante
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Autre jeu de paramètres En conservant le dispositif actuel, il pourrait être
possible de faire mieux en utilisant des gammes de paramètres qui n’ont pas eu le temps
d’être explorées durant cette thèse ; telle que celle de l’utilisation d’accélérations plus
importantes pour aller au-delà de la résonance entre bandes, ce qui permettrait de réduire
la durée de transport et l’émission spontanée. Par exemple, l’expérience ℎ/𝑚 du lkb
[Mor20], qui utilise également un ascenseur de Bloch pour lancer des atomes de rubidium,
utilise une accélération de 1100 m/s2, qui permet de lancer les atomes pendant 5 ms avec
une efÏcacité de 57 %.

Meilleurs profils de fréquences Actuellement, nous utilisons pour contrôler le
mouvement de l’ascenseur de Bloch une succession de rampes de fréquence afÏnes, ce qui
revient à passer brutalement d’une accélération à l’autre. Dans le régime des liaisons fortes
où nous sommes, cette discontinuité dans l’accélération entraîne l’oscillation du paquet
d’onde entre les deux premières bandes de Bloch, ce qui ajoute une perte d’efÏcacité
[CAG17]. Pour éviter cet effet, il est possible soit d’ajouter une différence de phase entre
les faisceaux de Bloch pour compenser le saut d’accélération, soit simplement d’utiliser
des sigmoïdes pour éviter les discontinuités d’accélérations.

Confinement transverse des atomes dans un faisceau de Bessel Pour pouvoir
limiter l’émission spontanée, il faudrait pouvoir réduire l’intensité lumineuse pendant
la phase de transport à vitesse constante, où les pertes par effet Landau-Zener dues
à la gravité sont très faibles. Mais comme nous l’avons vu, l’effet limitant est alors la
nécessité de piéger transversalement dans le réseau les atomes pour éviter une trop
grand étalement transverse durant le trajet. Cette problématique nous empêche aussi
d’utiliser un réseau désaccordé dans le bleu, qui permettrait de réduire grandement
l’émission spontanée.

Ce confinement transverse pourrait être assuré par un laser indépendant, en particulier
par le laser IR utilisé pour piéger les atomes transversalement dans le piège mixte présenté
dans la section suivante. Mais pour piéger efÏcacement les atomes dans le piège mixte, le
faisceau laser doit avoir un rayon assez restreint, de l’ordre de 200 µm. Avec une longueur
de Rayleigh 𝑧0 ≈ 11 cm, il ne peut alors pas assurer un piégeage efÏcace sur la toute la
distance de 30 cm du transport.

Une idée serait d’utiliser non pas un faisceau gaussien, mais un faisceau de Bessel
[Klo22]. Un faisceau de Bessel présente une tache centrale d’intensité entourée d’anneaux,
de rayon constant durant toute la propagation du faisceau. À la différence d’un faisceau
gaussien, la diffraction n’élargit pas la tache et les anneaux, mais disperse l’intensité dans
des anneaux de plus en plus éloignés. En mettant sous cette forme le laser IR, il serait
possible de l’utiliser pour guider les atomes sur toute la hauteur du trajet et de diminuer
l’intensité de l’ascenseur qui n’assurerait plus que le transport longitudinal. Il serait alors
également possible d’utiliser des faisceaux de Bloch désaccordés dans le bleu, et avec un
rayon plus grand qui simplifierait les alignements.

Un faisceau de Bessel de ce type peut être créé optiquement à l’aide d’un faisceau
gaussien focalisé sur une lentille conique (ou axicon). Dans notre cas, les contraintes
spatiales liées au dispositif expérimental existant ne permettent pas de placer l’axicon
juste en amont de la chambre à vide, il est nécessaire de former le faisceau de Bessel à
près d’un mètre de la chambre et de le déplacer à l’aide de lentilles. Il faut alors prendre
en compte l’amplification par un tel système optique des défauts du faisceau de Bessel
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liés aux imperfections inhérentes à tout axicon, en particulier au niveau de sa pointe
[BCZ08].

J’ai commencé à caractériser un axicon (fig. iii.8a) et à concevoir le système optique
pour le mettre en place (fig. iii.8b), mais je n’ai pas eu le temps d’aller plus en avant.
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(a) Image du faisceau de Bessel
formé 34,5 cm après l’axicon
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(b) Simulation du faisceau de Bessel après passage
dans l’axicon en 𝑧 = 0 puis par un télescope composé
de deux lentilles minces (en vert) de focales 100 mm
et 150 mm.

Figure iii.8 – Simulation de la propagation du faisceau de Bessel à travers un télescope
de deux lentilles (à droite) en prenant en compte des imperfections observées de l’axicon
(à gauche). Ces imperfections, modélisées par un émoussage de la pointe de l’axicon,
génèrent les fluctuations longitudinales d’intensité observées sur la figure de droite.

Laser plus désaccordé Enfin, une dernière solution simple pour améliorer les
performances de l’ascenseur serait d’utiliser une autre source laser, plus puissante et
plus désaccordable. L’utilisation de 500 mW de puissance lumineuse désaccordée de−2500 GHz permettrait de conserver la même profondeur de réseau et les mêmes pertes
non adiabatiques, mais diminuerait d’un facteur 10 l’émission spontanée.

III.4 Piégeage des atomes
III.4.1 Piège mixte

À profondeur U0/E𝑟 constante, le taux de pertes Landau-Zener (ii.20) dépend de la
longueur d’onde du réseau 𝜆𝑙 utilisée :F𝑐 = 𝜋32 (U0E𝑟 )2 ℏ3𝑘2𝑙2𝑚 . (iii.10)

Il y a donc un intérêt à utiliser un réseau optique avec une courte longueur d’onde pour
pouvoir piéger les atomes dans un réseau de plus faible profondeur (en valeur d’énergie
de recul), et ainsi induire plus facilement des transitions entre puits éloignés [Tac11]. Pour
avoir un temps de vie de 100 s dans le réseau, il est par exemple nécessaire d’utiliser une
profondeur de réseau de 1,6 E𝑟 à 532 nm et de 4,6 E𝑟 à 1064 nm (fig. iii.9).

Pour cette raison, et avec la contrainte de la disponibilité technologique, nous utilisons
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Figure iii.9 – Profondeur minimale nécessaire pour conserver un temps de vie Landau-
Zener de 100 s à différentes longueurs d’onde du réseau.

un faisceau laser vert à 532 nm, généré par un laser commercial Coherent Verdi V-12,
capable de générer 12 W de puissance lumineuse. Ce laser est rétroréfléchi sur le miroir
interne (fig. iii.4). Au niveau des atomes, il a un rayon de 570 µm et une puissance de1,7 W, pour lesquels le réseau a une profondeur de 1,9 E𝑟.

Ce laser engendre le réseau statique de l’échelle de Wannier-Stark et assure le piégeage
vertical des atomes, mais puisqu’il est désaccordé dans le bleu, son effet répulsif ne permet
pas le confinement transverse des atomes. Il est nécessaire d’ajouter un autre potentiel
pour piéger les atomes au centre du réseau optique pendant plusieurs secondes. Pour ce
faire, nous utilisons le potentiel dipolaire d’un laser infrarouge à 1064 nm, qui passe à
travers le miroir trichroïque interne (fig. iii.4). La superposition des deux lasers forme un
piège mixte (fig. iii.10) dans lequel les atomes peuvent être piégés plusieurs secondes. Le
laser infrarouge est un faisceau gaussien avec un waist de 190 µm placé au voisinage du
miroir interne. À partir des mesures de force dipolaire exercé par le faisceau (sec. v.2.2),
on estime que le waist est situé à environ 1 cm du miroir. La puissance usuelle utilisée
est de 0,5 W, ce qui génère un piège de profondeur de 1,4 µK.

Bandes latérales

L’alignement des deux faisceaux du piège mixte est assez crucial. Si les faisceaux ne
sont pas alignés parallèlement aux faisceaux des Raman, les états motionnels transverses
peuvent aussi être couplés par les transitions Raman [Tac13 ; Pel13c]. Les états transverses
du potentiel dipolaire gaussien du laser IR peuvent être approximés à ceux d’un potentiel
harmonique, d’énergie (1/2 + 𝑛)ℏ𝜔IR.Quand 𝒌eff n’est pas parallèle à 𝒌IR, un couplage
entre deux états transverses voisins est possible, et on sonde la transition |WS𝑚, 𝑛⟩ ↔|WS𝑚+Δ𝑚, 𝑛 ± 1⟩ d’énergie ℏ(Δ𝑚𝜔B ± 𝜔IR). On observe alors un phénomène de bandes
latérales (fig. iii.11). Si la présence de ces bandes latérales permet d’estimer la fréquence
de confinement de l’IR, en pratique il s’agit d’un effet indésirable qui réduit le contraste
de la transition utile |WS𝑚, 𝑛⟩ ↔ |WS𝑚+Δ𝑚, 𝑛⟩.

Ces bandes latérales sont surtout liées à un défaut d’alignement de l’IR sur les Raman,
mais si le réseau optique est lui aussi très désaligné, il peut également ajouter lui aussi
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Figure iii.10 – Carte de potentiel dans le piège mixte
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Figure iii.11 – Spectroscopie Raman de la transition Δ𝑚 = −6 à 30 µm de distance du
miroir. Les bandes latérales sont visibles à ±23 Hz autour du pic central, ce qui correspond
à peu près à la fréquence attendue du piège de 20 Hz. En rouge est représentée la probabilité
de transition attendue pour une impulsion 𝜋 parfaite.
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des bandes latérales [Abs23]. Le laser Verdi est rétroréfléchi sur le miroir interne, qui
est positionné au bout d’un manipulateur qui ne dispose pas de contrôle d’orientation.
Pour aligner verticalement le réseau optique, nous avons dû contraindre mécaniquement
la chambre à vide supérieure et la structure de maintien du manipulateur.

Pour éliminer ces bandes latérales, il sufÏt de réaligner le laser IR sur les faisceaux
Raman. Pour l’alignement, deux platines de translation sont utilisables pour déplacer
le faisceau, et un miroir avec des vis micrométriques sert pour la correction de son
orientation. Mais nous avons constaté que le transfert des atomes dans le piège mixte est
très sensible à la position transverse du faisceau IR, alors que les platines de translation
n’offraient pas la sensibilité nécessaire et présentent en plus de l’hystérésis. En pratique,
nous avons donc ajusté finement la position du faisceau au niveau du miroir interne en
jouant sur les vis micrométriques du miroir, et donc sur la direction du faisceau, mais au
prix d’un mauvais contrôle de la direction du faisceau IR relativement aux Raman. Des
bandes latérales résiduelles sont restées présentes (fig. iii.11).

III.4.2 Transfert dans le piège mixte et préparation des atomes
Le laser IR est allumé dès le début du transport. Compte tenu de sa longueur de

Rayleigh, il n’a pas d’effet dans la chambre du bas, mais sert à guider les atomes à la
fin du transport. Le laser Verdi est quant à lui allumé brutalement pendant l’extinction
adiabatique de l’ascenseur de Bloch. Le moment exact de l’allumage du nouveau réseau
pendant la rampe d’extinction de l’ascenseur n’a pas d’incidence nette sur le nombre
d’atomes transférés dans le piège mixte.

L’efÏcacité du transfert dans le réseau statique est d’environ 30 % [ABP23].
Dans la chambre du bas, nous pouvons réaliser une étape de pompage optique pour

préparer les atomes dans l’état |F = 1, 𝑚F = 0⟩ en préalable à la mesure [Ala18a]. À
cause du fort taux d’émission spontanée, un nuage initialement préparé de cette manière
se retrouve totalement dépolarisé dans un mélange équiréparti d’états |F = 1, 𝑚F⟩ et|F = 2, 𝑚F⟩. L’étape de pompage optique, inutile, a donc été désactivée pour les mesures
dans la chambre du haut.

Pour la mesure, il est nécessaire de préparer le nuage dans un seul état électronique.
À la fin du transport, quand les atomes sont encore dans le piège de l’élévateur, plus
profond que celui de l’IR, les atomes sont illuminés pendant 0,2 ms par de la de lumière
du refroidisseur à résonance sur la transition |F = 2⟩ → |F′ = 3⟩. Les atomes dans |F = 2⟩
sont alors dépompés vers |F = 1⟩ ou poussés hors du réseau. Environ les deux tiers des
atomes sont conservés au total, tous dans |F = 1⟩.

Au final, la mesure est effectuée avec typiquement entre 500 et 800 atomes piégés
dans l’état |F = 1, 𝑚F = 0⟩.
III.5 Interrogation des atomes
III.5.1 Faisceaux Raman

Nos lasers Raman proviennent de deux diodes laser en cavité étendue désaccordées
de résonance de 300 GHz verrouillées en phase [Hil14]. Pour minimiser l’ajout de bruits
de phase lors de la propagation des deux faisceaux laser, ils sont combinés dans des
polarisations orthogonales, et acheminés ensemble sur les atomes par le même chemin
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optique. La polarisation est circularisée avant d’arriver sur les atomes pour réaliser les
transitions Raman contrapropageantes.

Dans une configuration plus classique d’interféromètre Raman sur des atomes en
chute libre, on peut ensuite se contenter de rétroréfléchir les faisceaux Raman sur un
miroir après passage dans une lame quart d’onde [Che06 ; Lan17 ; Gau22]. On obtient
alors deux paires de faisceaux contrapropageants 𝜎1,↓+ ; 𝜎2,↑+ et 𝜎1,↑− ; 𝜎2,↓− . La sélection de
la paire utilisée dans la transition Raman se fait via l’effet Doppler qui décale la fréquence
de résonance de la transition différemment pour la transition de chaque paire. Cette
sélection Doppler en utilisant la vitesse des atomes n’est pas réalisable avec des atomes
piégés. Il est certes possible d’utiliser les deux paires de faisceaux simultanément pour
se placer dans un régime de double diffraction et augmenter l’aire de l’interféromètre
[Lév09], mais dans ce cas la différence de phase des faisceaux Raman n’est plus imprimée
sur la phase de l’interféromètre, ce qui complexifie le balayage des franges [Gei11]. De plus
dans notre cas, chaque paire de faisceaux Raman a une différence de phase dépendante
de la distance au miroir Raman. La réalisation d’un interféromètre simultanément avec
les deux paires risquerait de brouiller les franges, avec l’ajout d’une phase inhomogène à
l’échelle du nuage.

Pour sélectionner la paire Raman utilisée, nous éliminons un des faisceaux Raman
après le premier passage dans la chambre à vide à l’aide d’un cube séparateur polarisant
(fig. iii.4). Seul un des deux faisceaux est rétroréfléchi sur le miroir dit Raman et contribue
aux transitions contrapropageantes. En cas de mauvais réglages des polarisations, il peut
cependant y avoir un couplage important entre transitions copropageantes qui amplifie
le biais sur la mesure de fréquence de Bloch du déplacement lumineux à deux photons
[Sol16b].

Trajet optique des faisceaux Raman

Nous nous sommes heurtés au début de ma thèse à un obstacle très prosaïque : la
mise en place des faisceaux de Bloch en plus des faisceaux Raman. Le transport est
vertical tout comme le sont les transitions Raman, il est donc nécessaire de superposer
les deux bras du Bloch au deux faisceaux Raman, en plus des deux lasers du piège mixte
(fig. iii.4). Le bras du Bloch du haut peut se rajouter simplement en utilisant le cube
séparateur utilisé pour filtrer en haut de la chambre l’un des faisceaux Raman.

Mais la superposition du Bloch du bas aux Raman est plus difÏcile, même si les deux
systèmes ne sont pas utilisés simultanément. Nous avons envisagé diverses techniques :

— un miroir dichroïque, tel que ceux qui servent à la mise en place du Verdi et de l’IR
sur l’axe vertical, n’est pas utilisable à cause des longueurs d’onde très proches
des Bloch et Raman ;

— un cube séparateur par polarisation n’est pas utilisable, puisque les deux Raman
sont déjà superposés dans des polarisations orthogonales ;

— une lame séparatrice impliquerait de perdre la moitié de la puissance lumineuse ;
— un miroir mobile risquerait de ne pas avoir une vitesse et une reproductibilité de

l’alignement sufÏsantes.
Finalement, nous avons employé comme bascule entre deux chemins optiques l’aom
utilisé pour le contrôle de l’intensité des faisceaux Raman. Les faisceaux Raman y sont
diffractés dans l’ordre 1 quand l’aom est allumé. Nous y avons ajouté le faisceau de Bloch
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de manière à ce qu’aom éteint, il soit superposé à l’ordre 1 des Raman. L’alignement
dans l’aom— qui n’a pas été prévu pour cette utilisation — est alors plus ardu et a
nécessité un rabotage de son capot de protection, mais le dispositif fonctionne.

Nous avons alors une autre limitation : le cristal de l’aom est biréfringent, et sa
biréfringence dépend de la température. Pour garantir la stabilité des polarisations, il
faut des polarisations entrantes linéaires et alignées sur les axes propres du cristal. À
cause de cette contrainte sur les polarisations en entrée d’aom, nous avons dû utiliser
des lames d’onde (lames à cristaux liquides Thorlabs LCC1423-B) avant et après la
chambre à vide afin d’avoir à la fois la polarisation voulue des Raman et le même état
de polarisation dans les deux bras du Bloch pour qu’ils interfèrent. Ces lames sont en
position neutre durant la phase de l’ascenseur de Bloch et en position de quart d’onde
pendant la phase de mesure Raman. Il est par conséquent nécessaire d’ajouter une
attente de 120 ms entre les deux phases le temps que la bascule des lames entre les
deux états s’effectue.

De plus, à cause des contraintes optiques de taille de faisceau dans l’aom, les faisceaux
Raman ne peuvent pas avoir un rayon très différent de celui du Bloch du bas. Nous
avons donc dû réduire leur taille de 2,6 mm [Ala18a] à 800 µm, ce qui augmente les
inhomogénéités d’intensité et donc de couplage et rend plus sensible l’alignement du
pointé des lasers.

Nous mesurons sur les atomes une fréquence de Rabi pour la transition Δ𝑚 = ±6 deΩ6 = 𝜋𝜏𝜋 = 140 rad/s avec 𝜏𝜋 = 22 ms. (iii.11)

III.5.2 Micro-ondes
Nous disposons dans chacune des deux chambres à vide d’une antenne micro-onde

permettant de manipuler efÏcacement l’état hyperfin des atomes sans changer leur état
externe. La micro-onde de la chambre à vide supérieure a un couplage de fréquence de
Rabi ΩWM = 𝜋𝜏𝜋 = 2250 rad/s avec 𝜏𝜋 = 1,4 ms. (iii.12)

III.6 Détection et système d’imagerie
Nous disposons sur l’expérience de trois méthodes de détection différentes pour

observer les atomes dans les deux chambres à vide.
En bas, la méthode de détection par nappes de fluorescence décrite dans [Pel13c]

et [Hil14], située 20 cm en dessous de la chambre à vide de refroidissement, a été très
peu utilisée durant cette thèse, puisque la sensibilité de ce système est dégradée pour
la détection d’atomes transportés dans la chambre à vide du haut par rapport à ceux
lâchés depuis la chambre de refroidissement. En effet, la plus grande hauteur de chute
entraîne une diminution du signal de fluorescence collecté, le nuage traversant les nappes
plus rapidement que lorsqu’il est lâché depuis la chambre du bas.

Deux autres méthodes de détection in-situ ont été implémentées dans la chambre du
haut et permettent une meilleure sensibilité : une méthode d’imagerie par absorption et
une méthode d’imagerie par fluorescence, qui sont décrites en détail par la suite.

Un deuxième système d’imagerie par absorption est également en place dans la
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chambre du bas [Ala18a] et permet d’imager le nuage atomique en fin de refroidissement
et au début du transport dans l’ascenseur de Bloch.

III.6.1 Détection par absorption
Dans la chambre du haut, un premier système d’imagerie permet d’imager les atomes

par absorption en éclairant le nuage atomique par de la lumière résonnante à la transition
cyclante |F = 2⟩ → |F′ = 3⟩ et en imageant la lumière transmise. Les atomes absorbent
la lumière avec une section efÏcace 𝜎0 = 3𝜆2/2𝜋 = 0,3 µm2 [Ste] pour de la lumière à
résonance polarisée circulairement. L’absorption des photons par les atomes est décrite par
la loi de Beer-Lambert : 𝑛𝜈 = 𝑛0𝜈 exp(− ∫ 𝑛at(𝑥, 𝑦, 𝑧)𝜎0 d𝑧). En mesurant la transmission
optique 𝑛𝜈/𝑛0𝜈 du milieu, on peut directement remonter à la densité atomique 𝑛at(𝑥, 𝑦)
[Ala18a].

Ce dispositif ne permet d’imager que les atomes dans |F = 2⟩, et avec une sensibilité
limitée par le bruit de photons de la lumière d’imagerie. Il permet néanmoins d’avoir
une mesure absolue du nombre d’atomes, et d’obtenir une image résolue spatialement du
nuage atomique (fig. iii.12). En mesurant la taille du nuage après un temps de vol, on peut
alors déterminer sa vitesse d’expansion quadratique moyenne et par là sa température —
en supposant une distribution de vitesse thermique.

Nous imageons avec une caméra CCD à multiplication d’électrons (emccd) Hama-
matsu C9100, avec une taille de pixel de 16 µm. Le grandissement du système optique
d’imagerie permet d’obtenir une taille de pixel effective sur les images de 5,7 µm (avant
binning), comparable à la taille du nuage atomique en fin de transport. Nous n’avons
donc pas la résolution sufÏsante pour imager les puits individuels du réseau.
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Figure iii.12 – Image d’absorption du nuage atomique en fin de transport. Le nuage fait
une taille radiale d’environ 70 µm.

Nous nous sommes malheureusement heurtés à l’impossibilité d’imager à proximité
immédiate du miroir. Le support du miroir dans l’enceinte à vide avait été conçu avec
une petite encoche pour permettre au faisceau d’imagerie de raser la surface. Cependant
malgré un alignement minutieux, nous n’avons jamais réussi à imager directement la
surface du miroir avec le laser d’imagerie ; elle est toujours restée dans une ombre. Nous
savons cependant que la surface se situe au-delà de cette ombre, à un peu moins d’un
millimètre, puis que nous parvenons à détecter par fluorescence des atomes dans cet zone
d’ombre. Mon hypothèse est que le miroir est un peu mal enclenché dans son support et
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que les encoches ne sufÏsent pas à permettre au laser d’imagerie de frôler la surface sans
obstacle (figure iii.13).

lentille de
collection

Figure iii.13 – Illustration de l’ombre portée par le support du miroir (en beige) qui
empêche d’imager les atomes au voisinage immédiat du miroir en bloquant la lumière
d’imagerie rasante (en rouge). Nous pouvons vérifier la présence d’atomes dans cette
ombre en collectant de la lumière diffusée par fluorescence (en jaune) lors de la détection
par fluorescence.

Le système d’imagerie par absorption de la chambre du bas fonctionne de manière
semblable et permet de mesurer la température du nuage et le nombre d’atomes à la fin
du refroidissement évaporatif. Le grandissement du système optique est 1,25, et nous
utilisons une caméra pco Pixelfly, sans multiplication d’électrons et un bruit de lecture
dix fois plus important que la Hamamatsu utilisée en haut.

III.6.2 Détection par fluorescence
Pour mesurer les populations en sortie d’interféromètre, nous avons utilisé un dispositif

d’imagerie par fluorescence in situ.
Le principe est également d’éclairer les atomes avec de la lumière de refroidissement|F = 2⟩ → |F′ = 3⟩, mais au lieu de mesurer l’absorption dans le faisceau d’imagerie,

on collecte les photons de fluorescence dans une direction orthogonale au faisceau. Le
bruit de détection lié au bruit de photons est alors bien plus faible puisque l’image est
réalisée sur un fond noir. On peut également imager les deux populations |F = 2⟩ et|F = 1⟩. L’impulsion d’imagerie n’affecte pas les atomes dans |F = 1⟩, et en repompant
ensuite ces atomes dans |F = 2⟩ on peut les imager avec une seconde impulsion. L’image
résultante ne sera cependant pas résolue spatialement, car les atomes diffusent pendant
leur fluorescence et le nuage s’étend pendant la prise d’image jusqu’à une centaine de
micromètres.

Le montage optique que nous utilisons est constitué de deux faisceaux de fluorescence
croisés au niveau des atomes dans un plan orthogonal à l’axe optique d’imagerie. Les
faisceaux traversent le miroir trichroïque dans la chambre à vide. La fluorescence est
collectée par le même système d’imagerie de grandissement 0,35 que pour l’absorption
avec en entrée une lentille 2” placée à 8 cm du miroir, soit une ouverture numérique de0,32. L’image est prise avec notre caméra à multiplication d’électron. Pour minimiser le
bruit de lecture des pixels, nous l’utilisons avec le gain maximum de la multiplication
d’électrons, et avec un binning de 4 × 4. Un filtre passe-bas à 800 nm et un passe-haut à750 nm (Thorlabs FELH0750 et Thorlabs FESH0750) filtrent la lumière IR et du Verdi,
pour une transmission restante de 88 % à 780 nm. La lumière de diffusion du Verdi est
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atténuée d’un facteur au minimum de 100 (saturation de la caméra en l’absence de filtre),
mais reste étonnamment toujours visible qu’il y ait un ou plusieurs filtres. La lumière
Raman diffuse également sur l’image malgré l’extinction de son aom, ce qui a nécessité
l’ajout d’un interrupteur mécanique.

Pour maximiser le temps que les atomes fluorescent durant la milliseconde de pulse
d’imagerie, nous utilisons en réalité une configuration mélasse : les deux faisceaux de
fluorescence sont rétroréfléchis et la lumière de fluorescence est désaccordée dans le rouge
par rapport à la résonance de −15,8 MHz. Cela permet de refroidir les atomes lors de
l’imagerie et d’éviter qu’ils ne fuient immédiatement hors des faisceaux d’imagerie par le
chauffage de la fluorescence. Cet effet permet un gain assez important sur le signal, d’un
facteur environ 4 par rapport à une situation où la rétroréflexion est mal réglée. L’intensité
totale des faisceaux de fluorescence avec leur réflexion est estimée à 20 mW/cm2 pour un
rayon de 655 µm, soit 12 Isat pour de la lumière à résonnance sur la transition cyclante.

L’ajout de repompeur dans la lumière de fluorescence permet encore d’amplifier le
signal en évitant le dépompage d’atomes dans |F = 1⟩, mais on perd alors la sélectivité
sur l’état lors de l’imagerie.

Le fond de l’image n’est malencontreusement pas totalement noir, un peu de lumière
incidente est diffusée dans le miroir ou sur les hublots et ajoute un signal parasite ; une
image supplémentaire est prise pour soustraire ce fond aux images de fluorescence. La
séquence la plus simple d’imagerie est de conserver piégés les atomes dans le Verdi et
d’imager les atomes dans |F = 2⟩ sur une première image puis ceux dans |F = 1⟩ sur une
deuxième avec l’ajout de repompeur, et enfin prendre une troisième image du fond pour
la soustraire aux deux premières.

Néanmoins, ce genre de séquence à plusieurs images peut entraîner des problèmes de
normalisation de la détection, par exemple si l’intensité de la lumière de détection fluctue
entre les deux premières images. Un contournement assez élégant de ce problème a été
proposé par [Ala18a] avec l’idée de forcer une séparation spatiale en basculant les atomes
dans |F = 1⟩ vers |F = 2, 𝑚F = 1⟩ et en ajoutant un gradient de champ magnétique,
pour permettre d’imager les deux états sur une seule image.

Mais un problème additionnel a été rencontré ici : la détectivité décroît rapidement en
se rapprochant du miroir, sans être liée à une perte d’atomes (figure iii.14). On constate
qu’en imageant les atomes in situ directement dans le réseau, le signal de fluorescence
devient très faible au voisinage du miroir. Cette perte de signal n’est pas liée à une
perte d’atomes, puisque la fluorescence obtenue en imageant les atomes à 750 µm de
distance de la surface 4, montre un comportement beaucoup plus stable en fonction de la
position initiale des atomes. Il ne s’agit pas d’un problème d’alignement des faisceaux
de fluorescence qui seraient alignés en dessous du miroir, puisque même en optimisant
l’alignement sur le signal de fluorescence d’atomes à quelques dizaines de micromètres du
miroir, on continue à observer le même phénomène. Cela corrobore l’hypothèse posée à la
section précédente d’un obstacle d’environ un millimètre de haut qui bloque une partie
de la lumière rasant le miroir ; en éloignant les atomes du miroir, cet obstacle bloque
moins de lumière et l’on collecte plus de signal.

4. Cette distance constante a été obtenue en ajoutant une chute de durée variable de manière avant
l’imagerie
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Figure iii.14 – Signal de fluorescence mesuré en fonction de la distance du nuage au
miroir. La fluorescence mesurée in-situ décroît avec la distance au miroir (courbe bleue),
alors que la fluorescence mesurée à une position des atomes fixe en ajoutant un délai
variable de chute avant l’imagerie (courbe orange) présente un comportement stable. Le
petit regain de fluorescence sur la courbe bleue pour des distances inférieures à 70 µm du
miroir provient de la capture du reflet de la fluorescence dans le miroir.

Détection « double »

Pour contourner ce problème et pouvoir imager efÏcacement les atomes au contact
du miroir, j’ai proposé et mis en œuvre une autre séquence. En éteignant le Verdi, les
atomes se mettent à chuter et à s’éloigner du miroir. Une succession d’une impulsion de
refroidisseur, d’une impulsion 𝜋 micro-onde et d’une deuxième impulsion de refroidisseur
pendant l’exposition d’une seule image (fig. iii.15b) va permettre d’imager les atomes
dans |F = 2⟩ et |F = 1⟩ sur une unique image, séparés spatialement par la chute des
atomes dans |F = 1⟩ entre les deux pulses de refroidisseur (fig. iii.15c). En extrayant
de l’image deux sous-fenêtres centrées sur chaque état, on peut compter les signaux de
fluorescence N1 et N2 associés à chaque état. La probabilité de transition à l’issue de
l’interféromètre s’en déduit, indépendamment des fluctuations du nombre total d’atomes :P𝑒 = N2N1 + N2 . (iii.13)

En plus de la meilleure détectivité liée à l’éloignement du miroir, ce schéma présente
d’autres avantages :

— nous n’imageons pas les atomes dans |F = 1, 𝑚F = ±1⟩ qui ne seront pas couplés
par le pulse micro-onde ;

— nous évitons le bruit de photons ajouté par la diffusion du Verdi ;
— la séquence de détection est raccourcie (2 images prises au lieu de 3),

ce qui décroît l’impact de fluctuations d’intensité de la lumière d’ima-
gerie.
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Verdi 𝑡
refroidisseur

img |𝐹 = 2⟩

refroidisseur
+ repompeur

img |𝐹 = 1⟩ fond

(a) Séquence d’imagerie classique

𝑡Verdi

𝜋 MW refroidisseur

exposition
img |𝐹 = 2⟩ et |𝐹 = 1⟩ fond

(b) Séquence d’imagerie « double »

|F = 1⟩

|F = 2⟩

(c) Image « double »

Figure iii.15 – (a) Séquence d’imagerie classique en conservant le nuage atomique piégé
dans le réseau pendant l’imagerie, avec une image par état en plus de l’image de fond. (b)
Séquence d’imagerie double où le réseau est éteint avant l’imagerie pour mettre en chute
libre le nuage atomique. On image alors les deux états sur une seule image. (c) Image
typique en imagerie double. Les deux nuages sont imagés à des hauteurs différentes ; en
sommant le signal de fluorescence dans les deux sous-fenêtres, on détermine le rapport
des populations entre |F = 2, 𝑚F = 0⟩ et |F = 1, 𝑚F = 0⟩.

Un désavantage rencontré avec cette méthode de détection est sa dépendance en
la chute libre des atomes. On observe occasionnellement que les atomes dans |F = 1⟩
ralentissent fortement pendant l’imagerie de |F = 2⟩ même sans fluorescer dans la mélasse ;
les deux états ne sont alors plus clairement séparés sur les images. Ce ralentissement
semble causé par la force dipolaire attractive des faisceaux d’imagerie centrés sur la zone
d’imagerie des atomes dans |F = 2⟩. Le potentiel dipolaire des faisceaux est comparable
à l’énergie cinétique des atomes dans |F = 1⟩ en train de chuter, qui peuvent donc être
piégés par la force dipolaire. Un très léger désalignement des faisceaux de fluorescence
corrige ce problème.

Dans les séquences expérimentales utilisées par la suite, les atomes chutent de830 µm pendant les 13 ms qui séparent l’extinction du Verdi et le premier pulse de
détection, puis à nouveau de 675 µm (pendant 3,5 ms après le pulse de 1 ms) avant
le deuxième pulse. Ces distances sont un compromis pour s’éloigner sufÏsamment
du miroir et avoir une séparation sufÏsante entre les images des deux états tout
en évitant une trop grande dilution du nuage atomique. Le laser IR est laissé
allumé pendant la chute des atomes pour limiter leur expansion horizontale. Les
sous-fenêtres de décompte de la fluorescence font une taille de 25 × 20 pixels avec
une binning de 4, soit 570 × 450 µm. La taille à 1𝜎 du signal de fluorescence est
d’environ 100 µm.
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Nous collectons une quarantaine de photons de fluorescence par atome dans le nuage.
Avec l’ouverture numérique de l’imagerie de 0,32 et sans prendre en compte l’éventuel
effet d’ombre du support du miroir, cela correspond à 1600 photons émis par atome.

Pour une transition à deux niveaux, le taux de fluorescence 𝛾 vaut :𝛾 = Γ2 𝑠01 + 𝑠0 (iii.14)𝑠0 = I/Isat1 + 4 (ΔΓ )2 (iii.15)

avec Γ la largeur de raie, 𝑠0 le paramètre de saturation, Isat l’intensité de sa-
turation de la transition, I l’intensité lumineuse incidente et Δ le désaccord
à la résonance. En supposant que la lumière de fluorescence soit dépolarisée
(Isat = 3,57 mW/cm2 [Ste]), on s’attend alors à ce qu’un atome fluoresce 3800
photons dans la transition |F = 2⟩ → |F′ = 3⟩ pendant la durée d’image-
rie 𝑡imag = 1 ms, en accord raisonnable compte tenu de la présence attendue
d’obstacle.

Cependant si l’on prend en compte le dépompage de |F = 2⟩ vers |F = 1⟩ (via la
transition |F = 2⟩ → |F′ = 2⟩), le taux de fluorescence attendu est beaucoup plus faible.
Compte tenu des désaccords utilisés, un atome ne devrait fluorescer en moyenne que 320
photons avant d’être dépompé dans |F = 1⟩, ce qui est incompatible avec nos observations
du nombre de photons détectés. D’autre part, compte tenu du taux de dépompage calculé,
les atomes devraient être totalement dépompés à l’issue du pulse d’imagerie. Pourtant,
l’ajout de repompeur dans l’imagerie n’amplifie le signal de fluorescence que d’environ30 %, ce qui écarte la possibilité d’avoir des atomes totalement dépompés. La lumière de
fluorescence est peut-être moins dépolarisée que ce que l’on croit, et la transition cyclante|F = 2, 𝑚F = 2⟩ → |F′ = 3, 𝑚F = 3⟩ prédominante, ce qui pourrait expliquer un taux de
dépompage plus faible qu’attendu.

Enfin, on peut quantifier l’intérêt de la configuration mélasse que nous utilisons dans
notre dispositif de fluorescence. En l’absence de rétroréflexion, les atomes acquièrent une
vitesse moyenne dans la direction de chaque faisceau 𝑣fuo(𝑡) = N𝜈𝑣rec où N𝜈 est le nombre
de photons diffusés et 𝑣rec est la vitesse de recul. En prenant un nombre total de photons
diffusés N𝜈 = 3800 pendant 1 ms, les atomes se déplaceraient alors de 9 mm pendant la
durée du pulse d’imagerie, largement en dehors du champ d’imagerie de la caméra. Avec
des faisceaux rétroréfléchis et une intensité lumineuse égale dans les deux directions, la
vitesse moyenne des atomes reste nulle, mais en l’absence de désaccord à la résonance,
les atomes diffusent et la vitesse quadratique évolue comme 𝜎𝑣 = √N𝜈 𝑣rec. Le nuage a
alors à la fin de l’imagerie une expansion 𝜎𝑥 = √N𝜈 𝑣rec 𝑡imag/3 = 120 µm en supposant
une taille initiale nulle. Avec une mélasse, on réduit encore la diffusion des atomes et
l’expansion du nuage. Dans les conditions usuelles, l’expansion est mesurée à 100 µm.

Les performances de ce nouveau système d’imagerie et son impact sur le bruit de
mesure de force seront étudiés en section iv.2.1.

À propos du désaccord

Rétrospectivement, le choix d’un désaccord pour les faisceaux de fluorescence deΔ = 2𝜋 × −15,8 MHz ≃ −2,6 Γ ne semble pas le plus judicieux. Ce désaccord a été
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initialement choisi pour imiter le désaccord utilisé lors du refroidissement dans le mot,
sans avoir été vraiment été varié lors des optimisations successives de la détection.

Néanmoins, ici les atomes sont déjà froids, il n’est donc pas nécessaire d’utiliser un
grand désaccord pour augmenter la vitesse de capture comme dans un mot. Pour la
détection, nous voulons maximiser le nombre de photons fluorescés par atome par unité
de surface sur l’image, afin de limiter le bruit de photons liés au fond lumineux (voir
section iv.2.1). Nous cherchons donc plutôt à réduire la taille de diffusion du nuage lors
de la fluorescence, ce qui implique de maximiser le coefÏcient de friction des atomes
dans la mélasse. Si l’on considère seulement un refroidissement Doppler, ce coefÏcient
de friction est maximal pour Δ = −Γ/2 [Dal15]. Dans ce cadre d’un refroidissement
purement Doppler, on peut alors s’attendre à une taille de nuage de 70 µm pour un
désaccord de −2,6 Γ, contre 30 µm pour un désaccord de −Γ/2. En pratique à l’effet
Doppler se rajoute le refroidissement Sisyphe pour lequel un grand désaccord peut mener
à un refroidissement plus efÏcace. La modélisation du refroidissement Sisyphe est plus
complexe, mais des résultats expérimentaux [Hod95] montrent que l’utilisation d’un
désaccord tel que 𝑠0|Δ|/Γ ≈ 0,1 (soit Δ ≈ −0,5 Γ avec le paramètre de saturation𝑠0 ≈ 0,2 actuel) permettrait de diminuer le coefÏcient de diffusion spatiale, d’un facteur
environ 5.

De plus, l’utilisation de lumière plus proche de résonance aurait amplifié le taux
de fluorescence 𝛾 à intensité I des faisceaux de fluorescence constante. Par exemple,
utiliser un désaccord Δ = −Γ/2 plutôt que −2,6 Γ permettrait de réduire l’intensité
des faisceaux de fluorescence d’un facteur 14 tout en conservant le le même paramètre
de saturation 𝑠0 ≈ 0,2 et donc le même nombre de photons fluorescés, ce qui réduirait
le bruit d’imagerie d’un facteur 4 (voir section iv.2.1). Diminuer l’intensité à taux de
fluorescence constant réduirait également le taux de dépompage et permettrait donc
potentiellement de faire fluorescer les atomes plus longtemps.

Avec le dispositif expérimental décrit dans ce chapitre, nous sommes capables de
réaliser des mesures de forces à proximité du miroir interne. Nous avons mis en place
un ascenseur de Bloch, permettant de transporter un nuage d’atomes froids à une
distance contrôlée du miroir et sans expansion du nuage, avant de le transférer dans
le piège mixte où sera réalisé les mesures de l’échelle de Wannier-Stark, au prix de
pertes atomiques assez importantes. L’impact du plus faible nombre d’atomes sur
le bruit de mesure est partiellement compensé par la mise en place d’un nouveau
système d’imagerie par fluorescence, avec une meilleure détectivité que les systèmes
de détection utilisés auparavant.

Les performances de ce nouveau système de détection, et du capteur de force de
manière plus générale, sont présentées au chapitre suivant.



70 CHAPITRE III. DISPOSITIF EXPÉRIMENTAL



Chapitre IV

Sensibilité au voisinage de la surface

L’optimisation de la sensibilité du capteur quantique a été un travail de longue haleine
depuis les débuts du projet [Pel13c ; Tac13 ; Hil14 ; Sol16b ; Ala18a]. Différentes techniques
ont été implémentées, jusqu’à obtenir une sensibilité de 3 × 10−30 N à 1 s dans un régime
de milieu « dilué », à l’issue d’une simple mélasse optique [Sol16b], et de 7 × 10−30 N à1 s avec un échantillon dense de 3 µm [Ala18b]. Avec une telle sensibilité, il serait possible
d’effectuer une mesure de l’effet Casimir-Polder résolue à 10 % à une distance de 6 µm en
une seule mesure, et à 14 µm en intégrant pendant une heure.

Cependant ces sensibilités ont été atteintes dans la chambre à vide inférieure, loin de
toute surface. Il reste à étudier et à optimiser la sensibilité dans la chambre supérieure
et à proximité du miroir, dans des conditions notablement dégradées (moins d’atomes,
autre système de détection, interactions du miroir).

Les fluctuations coup-à-coup de la mesure de la fréquence de Bloch 𝜎𝑓B peuvent être
estimées pour un interférogramme de contraste C avec un temps d’interrogation T de la
manière suivante : 𝜎𝑓B = √( 𝜎P𝑒𝜋CT)2 + ( 𝜎𝜑2𝜋T)2

(iv.1)

où 𝜎P𝑒 est le bruit sur la mesure de la probabilité de transition dû au bruit de détection,
et 𝜎𝜑 est le bruit sur la phase Raman. L’optimisation de la sensibilité passe donc par
l’augmentation simultanée du contraste interférométrique et de la durée d’interrogation
Ramsey, par la réduction des bruits de détection et d’imagerie, et la diminution des
différentes sources de bruits de phase. C’est ce travail que je vais présenter dans la suite
du chapitre.

IV.1 Contraste interférométrique
IV.1.1 Imperfection des impulsions Raman

Une première source de réduction du contraste, indépendante du temps d’interrogation,
est l’imperfection des impulsions 𝜋/2 Raman. Comme illustré figure iv.1, l’efÏcacité d’une
impulsion 𝜋 ne dépasse pas les 65 % à cause d’inhomogénéités sur le couplage Ωeff bien
plus importantes que lors des mesures effectuées dans la chambre inférieure, où l’efÏcacité
d’une impulsion 𝜋 pouvait atteindre les 90 %. En ordre de grandeur, pour obtenir un tel
amortissement des oscillations, il faudrait avoir une dispersion des fréquences de Rabi
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d’environ 50 % de la fréquence centrale. Cette imperfection limite le contraste maximal
attendu de l’interféromètre qui ne pourra dépasser l’efÏcacité de cette impulsion 𝜋 de65 %.
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Figure iv.1 – Oscillation de Rabi résonnante sur la transition Δ𝑚 = +6. La courbe
en pointillés est un ajustement sur l’oscillation de Rabi en supposant une distribution
gaussienne de fréquence de Rabi de largeur 𝜎Ω autour d’une fréquence centrale Ω0.
L’ajustement donne Ω0 = 108 rad/s et 𝜎Ω = 59 rad/s.

À cause des contraintes de superposition des faisceaux laser Bloch et Raman
(iii.5.1), ces derniers ont un rayon plus faible que dans le passé de l’expérience
(0,8 mm contre 2,6 mm), mais qui reste en principe assez grand devant la taille du
nuage piégé d’environ 50 nm. Compte tenu de ces deux dimensions, on s’attendrait
à des inhomogénéités d’intensité et donc de fréquence de Rabi, d’environ 1,5 % à
l’échelle du nuage atomique, ce qui n’explique donc pas l’amortissement constaté de
l’oscillation de Rabi.

La présence des bandes latérales due au mauvais alignement de l’IR est également
une source d’amortissement du contraste des oscillations et de réduction de contraste.

Enfin, nous avons remarqué à l’issue de cette thèse la présence d’une poussière sur
la fenêtre au-dessus de la chambre à vide supérieure qui pourrait perturber le profil
d’intensité du faisceau de Raman rétroréfléchi sur le miroir Raman (et qui passe donc
deux fois par ce hublot), ce qui pourrait également une source d’inhomogénéités, même
s’il n’est pas certain que cette poussière ait été présente durant les mesures présentées ici.

IV.1.2 Perte de contraste et inhomogénéités de phase

Comme toujours, le contraste de l’interféromètre décroît avec la durée d’interrogationT (fig. iv.2). Cela pourrait être dû à des sources de décohérence telles que l’émission
spontanée, mais cette dernière est ici négligeable grâce au désaccord important des lasers
Verdi et IR (moins de 1 % par seconde de perte de contraste). La chute de contraste
est dominée dans notre cas par la présence d’inhomogénéités. Par exemple, en présence
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d’une distribution gaussienne de phase de largeur 𝜎𝜑, les franges se brouillent et la frange
moyenne va avoir un contraste donné par :C = C0 exp(−𝜎𝜑2/2). (iv.2)
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Figure iv.2 – Amortissement du contraste interférométrique avec la durée d’interrogation.
Mesure pour une puissance du laser de confinement PIR = 0,6 W. Les courbes en pointillés
représentent l’ajustement du contraste par l’équation (iv.3). On en déduit la valeur des
inhomogénéités représentées figure IV.3.

Ainsi, si la fréquence de Bloch 𝜈B ou la fréquence hyperfine 𝜈HFS sont inhomogènes à
l’échelle du nuage, le contraste diminue exponentiellement avec le temps d’interrogation T :C = C0 exp(−(2𝜋𝜎𝜈T)2/2). (iv.3)

Je vais maintenant détailler les principales sources d’inhomogénéités que j’ai identifiées.

IV.1.3 Inhomogénéités à proximité du miroir
Quelques mesures d’inhomogénéités de fréquence, obtenues en mesurant le taux de

décroissance exponentielle du contraste avec le temps d’interrogation, sont présentées
figure iv.3. On constate tout d’abord un niveau d’inhomogénéités assez important. En
présence d’inhomogénéités de fréquence 𝜎𝜈, la durée maximale d’interrogation T accessible
est typiquement de : T = 12𝜋𝜎𝜈 . (iv.4)

Avec des inhomogénéités de l’ordre de 𝜎𝜈 ≈ 0,5 Hz, on ne pourra ainsi dépasserT ≈ 300 ms.
Cela nous contraint à des durées interférométriques beaucoup plus courtes que celles

utilisées dans la chambre du bas, loin de toute surface, qui pouvaient atteindre plusieurs
secondes. Ainsi, le record de sensibilité atteint sur l’expérience avec une source ultra-froide
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Figure iv.3 – Inhomogénéités en fréquence déduites de l’amortissement du contraste à
différentes distances au miroir. La courbe verte représente l’estimation des inhomogénéités
de force dues au gradient vertical de la force attractive du miroir telle qu’estimée en V.3.3.

utilisait une durée T = 2,7 s [Ala18a].

On remarque que les inhomogénéités ont tendance à augmenter en se rapprochant
du miroir. Cela peut simplement provenir de la force exercée par le miroir qui a un effet
inhomogène sur le nuage de taille verticale 𝜎𝑧 : 𝜎F = dF

d𝑧 𝜎𝑧. En utilisant le modèle de
force issu de la section v.3.3 et compte tenu de la taille du nuage estimée à 𝜎𝑧 ≈ 3,5 µm,
ces inhomogénéités de force sont tracées sur la figure iv.3. Cet effet, dû uniquement à la
taille finie du nuage, peut sufÏre à expliquer l’amortissement du contraste observé à moins
d’une dizaine de micromètres du miroir. Mais il ne peut sufÏre à expliquer pourquoi
l’amortissement reste à un niveau aussi élevé entre 10 et 400 µm.

Une source possible d’inhomogénéités est celles de déplacement collisionnel dû aux
interactions entre atomes au sein du nuage atomique. L’impact de ce déplacement
collisionnel sur le contraste de l’interféromètre a déjà été observé sur ForcaG en régime
dense [Sol16b ; Ala18a]. Néanmoins, nous avons ici beaucoup moins d’atomes que lorsque
ces observations ont été effectuées, et compte tenu d’une densité atomique d’environ2 × 1010 at/cm3, nous nous attendons à ce que le déplacement collisionnel ne soit limitant
sur le contraste que pour des durées d’interféromètres supérieure à la seconde [Sol16b].

Une autre source possible peut être liée aux inhomogénéités de déplacement lumineux
différentiel à 1 ou 2 photons des lasers Raman, mais la réduction de l’intensité Raman ne
permet pas d’augmenter le contraste, et le réduit même à cause de la durée des impulsions𝜋 plus longue et d’un amortissement plus important des oscillations de Bloch. De plus,
comme on peut le constater figure iv.3, une augmentation de l’intensité du laser IR
augmente drastiquement l’amortissement de l’interféromètre. Il s’agit probablement de la
source principale d’inhomogénéités à plus de 20 µm du miroir.
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IV.1.4 Inhomogénéités liées au confinement transverse

Déplacement lumineux différentiel et force parasite

L’effet du laser de confinement transverse a été bien identifié dans le passé [Hil14 ;
Sol16b ; Ala18a]. Les atomes piégés ressentent une intensité lumineuse IR différente
selon leur position dans le potentiel de confinement transverse. À cause du déplacement
lumineux différentiel de l’IR d’environ 𝜒1064 = 1,9 µHz/(W/cm2), ces inhomogénéités
d’intensité mènent à des inhomogénéités de fréquence hyperfine, auxquelles l’interféro-
mètre Ramsey-Raman simple est sensible. Ces inhomogénéités peuvent être sondées par
exemple par spectroscopie micro-onde : on constate alors un élargissement drastique du
pic spectroscopique quand la puissance du piège augmente, visible figure iv.5.
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P 𝑒
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Ramsey-Raman simple Ramsey-Raman symétrique

(a) Δ𝑚 = 0 (b) Δ𝑚 = −6
Figure iv.4 – Franges interférométriques sur une transition Δ𝑚 = 0 (à gauche) etΔ𝑚 = 6 (à droite) pour un interféromètre Ramsey-Raman simple ou un interféromètre
symétrisé avec l’ajout d’impulsions 𝜋 micro-ondes. T = 800 ms pour la transition Δ𝑚 = 0
et T = 200 ms pour la transition Δ𝑚 = −6. La probabilité d’excitation P𝑒 n’est pas
normalisée à 1 à cause de la détection d’atomes dans |F = 1, 𝑚F = ±1⟩.

Pour éviter cette sensibilité aux inhomogénéités de déplacement lumineux, un laser de
compensation du DLD [Pel13c] a été initialement mis en place, puis plus simplement les
séquences interférométriques Ramsey-Raman symétriques ont été utilisées pour supprimer
la sensibilité aux variations homogènes de la fréquence d’horloge [Sol16b] (voir section
ii.2.2). Cela a permis d’obtenir des temps de cohérence de plus d’une seconde [Sol16b ;
Ala18b].

Dans notre cas, si l’on observe un gain sur le contraste à symétriser l’interféromètre
pour une transition Δ𝑚 = 0, aucun effet notable n’a été observé pour une transitionΔ𝑚 = 6, signe d’inhomogénéités de force qui s’ajoutent à celles sur la fréquence d’horloge
(fig. iv.4). Comme on le constate sur la figure iv.5, le pic spectroscopique pour une
transition Raman Δ𝑚 = 6 s’élargit avec la puissance du laser de piégeage deux fois plus
vite que la spectroscopie micro-onde de la transition hyperfine : le laser IR ajoute donc
des inhomogénéités de force de magnitude au moins égale à celles de fréquence hyperfine
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(et même deux fois plus forte si l’on considère des distributions d’inhomogénéités de force
et de fréquence gaussienne).
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Figure iv.5 – Élargissement des pics spectroscopiques en augmentant la puissance IR,
pour de la spectroscopie Raman sur une transition Δ𝑚 = −6 et micro-onde sur la
transition hyperfine. La largeur a été obtenue par l’ajustement d’une gaussienne sur les
données de spectroscopie. La ligne pointillée correspond à la largeur attendue en cas d’une
transition parfaite, issue de l’ajustement d’une gaussienne sur le sinus cardinal pour une
impulsion 𝜋 d’une durée de 495 ms.

Un effet d’inhomogénéité de force dû à l’IR a déjà été constaté et expliqué par la
forme de faisceau gaussien du laser IR de piégeage [Hil14]. Puisque l’intensité du faisceau
gaussien n’est pas uniforme verticalement, le potentiel de confinement transverse a aussi
un effet longitudinal attractif vers son col. Au voisinage de l’axe du piège, la force verticale
exercée par le piège vaut, en prenant comme origine la position du col du faisceau,FIR(𝑧) = 2 𝑧𝑧02 + 𝑧2 U(𝑟, 𝑧) (iv.5)

où U(𝑟, 𝑧) est le potentiel de piégeage du laser IR et 𝑧0 sa longueur de Rayleigh. Cette
force sera donc nulle si le col est bien placé au niveau des atomes, et sera d’autant plus
forte que le waist du faisceau sera petit. Dans le pire des cas, où les atomes sont situés à
une distance de Rayleigh du col, le ratio entre les perturbations dues à l’IR de fréquence
de Bloch 𝜈B et de fréquence hyperfine 𝛿HFS vaut alors :𝜈B𝛿HFS

= 𝜆V2𝑧0 𝜉1064𝜒1064 (iv.6)

où 𝜉1064/𝜒1064 = 16 500 est le ratio entre déplacement lumineux et déplacement lumineux
différentiel à 1064 nm. Avec le waist estimé de 𝑤0 = 190 µm, on trouve alors pour Δ𝑚 = 6
que dans le pire des cas, Δ𝑚𝜈B = 0,25 𝛿HFS. Pour que les inhomogénéités de force soient
comparables à celles de déplacement lumineux, il faudrait un waist de 95 µm (et donc un
rayon sur les atomes de 130 µm), ce qui est incompatible avec les observations optiques du
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faisceau et avec les mesures de déplacement lumineux différentiel. Il est donc impossible
que les inhomogénéités de force dues à la forme gaussienne du faisceau soient de magnitude
comparable à celles de la fréquence hyperfine, d’autant plus qu’en pratique les atomes ne
semblent pas placés à une distance de Rayleigh du col.

Il est donc nécessaire de trouver une raison supplémentaire à ces inhomogénéités de
force dépendantes de la puissance IR. Une explication peut être l’imperfection du profil
d’intensité due à la transmission du laser à travers le miroir trichroïque interne.

Rugosité du potentiel de piégeage

Si notre miroir interne est de très bonne qualité optique, il n’est pas parfait. Le
substrat est connu pour diffuser quelques parties par million de l’intensité incidente. De
plus la rugosité de la surface, de l’ordre de l’ångström en moyenne quadratique, peut
également faire diffuser la lumière qui traverse le miroir.

Si l’intensité totale diffusée est à priori extrêmement faible, il est possible que l’interfé-
rence de cette lumière diffusée et du faisceau de piégeage IR crée néanmoins des tavelures
(ou speckle) qui vont se déplacer avec la propagation du laser. Lors d’une transition
Raman d’un puits du réseau à l’autre, la différence de potentiel ne sera pas alors pas
uniforme à l’échelle du nuage (figure iv.6), ce qui crée donc une inhomogénéité de force.
Comme il s’agit de perturbations locales, ce biais sur la force moyenné à l’échelle du
nuage sera trop faible pour être détectable (sec. v.2.2).

𝑚 = 0
𝑚 = 1
𝑚 = 2U

Figure iv.6 – Illustration de tavelures sur le laser de confinement transverse comme
sources d’inhomogénéités de force. Ces tavelures s’altèrent avec la propagation du faisceau
IR et ne restent pas identiques entre deux puits du réseau. À cause de ces perturbations
locales du potentiel lumineux, la différence de potentiel entre deux puits n’est pas spatiale-
ment uniforme, ce qui crée des inhomogénéités sur l’énergie de transition sans modifier
sa valeur moyenne.

On peut obtenir une idée de l’ordre de grandeur possible d’un tel effet. Si la lumière
diffusée est de l’ordre de la partie par million, l’interférence de cette dernière avec le
faisceau va être de l’ordre du un pour mille. La profondeur totale du réseau étant d’environ28 kHz pour une puissance de 0,5 W, il n’est donc pas impossible que cet effet de tavelures
crée des inhomogénéités de l’ordre du hertz, dépendantes de la puissance IR utilisée, qui
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expliquerait l’amortissement constaté du contraste. En supposant une diffusion isotrope,
la décroissance de cet effet a lieu en 1/𝑑.

Dans notre cas, il n’est pas évident d’estimer si cet effet de tavelures est bien la
cause de nos inhomogénéités de force dépendantes de la puissance IR. La qualité de
diffusion optique du miroir n’a malheureusement pas été particulièrement caractérisée. Ces
mesures sont compliquées à réaliser expérimentalement, puisque l’on cherche à mesurer
une diffusion extrêmement faible au voisinage de l’axe optique. De plus, la rugosité de
surface n’est pas connue, et le calcul de la diffusion dû aux effets de défauts de surface
est difÏcile à traiter : il faut prendre en compte des rugosités de très faible amplitude
(subnanométrique), sur des séparations spatiales de l’ordre de la longueur d’onde, et à
proximité de la surface (quelques micromètres).

Pour avoir une idée de l’ordre de grandeur de l’effet de la rugosité du miroir, une
simulation numérique a été effectuée. Des données typiques de rugosité ont été extraites
de [Str15], un article du Laboratoire des Matériaux Avancés qui a réalisé notre miroir.
On peut s’attendre à ce que notre miroir ait au mieux des caractéristiques physiques
proches de celui présenté dans cet article, destiné à une cavité de grande taille de type
ligo ou Virgo et à priori à l’état de l’art. On simule numériquement un bruit de rugositéδ𝑧(𝑥, 𝑦) ayant une densité spectrale proche de celle présentée figure 5 de l’article, avec un𝜎RMS d’amplitude des défauts de 0,11 nm. Cette rugosité est comparable à celle attendue
pour notre miroir (𝜎RMS ≲ 0,1 nm) d’après les données du fabricant. On simule alors un
bruit de rugosité de surface ressemblant à celui présenté figure iv.7a.
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Figure iv.7 – Exemples de simulation de bruit de surface et du profil d’intensité
correspondant après 20 µm de propagation. Paramètres de simulation : grille de 1000 ×1000 µm avec un pas de 0,2 µm, waist incident de 190 µm et puissance laser de 0,5 W.

On considère un faisceau gaussien dont le col 𝑤0 est à la surface du miroir. Le champ
électrique scalaire vaut E(𝑟, 𝑧) = E0 exp(−𝑟2/𝑤20). La rugosité de ce dernier va ajouter
au champ électrique un déphasage 𝑒𝑖𝑘IR(𝑛Si−1)δ𝑧(𝑥,𝑦) avec 𝑛Si ≈ 1, 5 l’indice optique de la
silice, dernière couche du miroir. La propagation du champ électrique est ensuite effectuée
en décomposant le champ électrique en onde plane par transformée de Fourier rapide,
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puis en propageant chaque onde plane qui va accumuler un déphasage 𝑒𝑖𝑘𝑧𝑑. L’intensité à
la distance 𝑑 du miroir est déterminée à partir de la reconstruction du champ électrique
par transformée de Fourier inverse.
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Figure iv.8 – Simulation des inhomogénéités de force dues aux tavelures créées par
la rugosité de surface du miroir trichroïque. Le calcul a été effectué pour une moyenne
quadratique de rugosité de 1,1 Å, correspondant à la rugosité mesurée dans [Str15], ou
de 5,5 Å, et des distances de transitions entre deux puits Δ𝑚 = 1 ou 6. Paramètres de
simulation : grille de 1860 × 1860 µm avec un pas de 1 µm, waist incident de 190 µm au
niveau du miroir avec une puissance de 0,5 W, moyenne de 10 simulations de rugosité.

Cela permet de simuler à des distances variées des profils d’intensité tels que celui
présenté figure iv.7b. Il faut ensuite déduire les inhomogénéités de force subies par les
atomes à partir de ces inhomogénéités de potentiel de piégeage. Transversalement, on
peut considérer classiquement des atomes ponctuels puisque la température du nuage est
très grande devant la fréquence du piège (𝑘T ≫ ℏ𝜔IR). Longitudinalement, les atomes
dans leur état de Wannier-Stark centré sur le puits 𝑚 sont cependant délocalisés dans le
réseau de piégeage, et il peut sembler nécessaire de prendre en compte cette délocalisation.
Formellement, les tavelures ajoutent un effet perturbatif T̂IR(𝑧) devant le potentiel du
réseau, et vont donc ajouter une modification de l’énergie ⟨WS𝑚|T̂IR|WS𝑚⟩. Il faudrait
donc calculer la moyenne du potentiel engendré par les tavelures sur la taille de la fonction
d’onde. Par simplicité du calcul, cette moyenne a été approchée par un potentiel calculé
au centre de chaque puits du réseau, pondéré par la probabilité d’occupation de ce puits∫𝑎/2−𝑎/2 |WS𝑚(𝑧)|2 d𝑧.

On connaît ainsi l’effet moyen des tavelures T̃IR(𝑧, ⃗𝑟). On en infère les inhomogénéités
de force 𝜎F(𝑧) en calculant à une distance 𝑧 donnée l’écart-type de la différence de
potentiel de piégeage entre la position initiale (𝑧, ⃗𝑟) et (𝑧 + Δ𝑚 𝑎, ⃗𝑟) de la transition,
pondérée par la taille transverse du nuage.𝜎F(𝑧)2 = ( 1Δ𝑚 𝑎)2 ∬ (T̃IR(𝑧 + Δ𝑚 𝑎, ⃗𝑟) − T̃IR(𝑧, ⃗𝑟))2 Pat( ⃗𝑟) d ⃗𝑟 (iv.7)
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On peut alors obtenir les inhomogénéités de force à différentes distances et pour
différentes conditions. Des résultats de simulations moyennées sur 10 tirages de rugosité
présentant la même densité spectrale sont présentés figure iv.8. On constate qu’en
considérant la rugosité de moyenne quadratique de 1,1 Å observées dans [Str15], les
inhomogénéités attendues au contact du miroir sont non négligeables, mais leur amplitude
ne sufÏsent pas à expliquer les amortissements observés en iv.3. Mais dès que la rugosité
croît en amplitude, les inhomogénéités aussi. Or, notre faisceau laser n’est pas réfléchi sur
notre miroir trichroïque, mais passe à travers. La rugosité de chaque couche qui constitue
le miroir de Bragg de notre miroir peut finir par s’accumuler et produire un effet plus
important que celui d’une seule couche. Nous savons seulement que la rugosité de surface
du miroir est la même que celle du substrat.

On remarque également que l’on observe numériquement que les inhomogénéités se
comportent véritablement comme un effet de force, puisque réduire la distance de transi-
tion Δ𝑚 permet de réduire les inhomogénéités d’autant. Les tavelures ne se comportent
pas comme un bruit décorrélé de la distance de propagation.

Pour pouvoir confirmer cet effet de diffusion du miroir, il faudrait mesurer l’amortisse-
ment du contraste à différentes distances du miroir. La diffusion par la rugosité du miroir
ne semble pas isotrope et ne décroît pas en 1/𝑑 mais beaucoup plus lentement. Il faudrait
donc réaliser des mesures à des distances centimétriques du miroir, mais malheureusement
aucune de ces mesures n’a été réalisée durant ma thèse à de telles distances.

IV.1.5 Conclusion
La durée d’interrogation est donc limitée par la présence d’inhomogénéités de force

que nous attribuons à des tavelures générées par la diffusion de lumière par la surface
d’intérêt. Ces inhomogénéités de force semblent être inhérentes à la méthode utilisée de
piéger des atomes dans un réseau optique à proximité d’un miroir. Ces effets de lumière
diffusée avaient déjà entravé une autre tentative de mesure des interactions atome-surface
par mesure de la fréquence de Bloch [Tin14 ; Tin21].

À la différence de cette autre expérience, nous obtenons encore à proximité de la
surface un contraste sufÏsant, tant que la puissance IR et la durée d’interrogation ne sont
pas trop élevées.

En pratique, nous avons la puissance IR à 0,5 W environ pour maximiser le contraste
tout en conservant une profondeur sufÏsante pour conserver les atomes piégés pendant la
durée des interféromètres. J’ai utilisé tout le long de cette thèse des durées d’interrogationT de 100 ou de 150 ms pour m’assurer d’obtenir un contraste sufÏsant pour toutes
les mesures et éviter tout saut de franges lors des mesures de forces par intégration
numérique.

Comme la symétrisation de l’interféromètre n’améliore pas le contraste de l’interféro-
mètre, par simplicité un simple interféromètre Ramsey-Raman a été utilisé.

In fine, le contraste interférométrique dans ces conditions est typiquement compris
entre 25 et 30 % à quelques centaines de micromètres du miroir (fig. iv.9).

IV.2 Bruits de mesure de la probabilité de transition
Les bruits sur la probabilité de transition sont de deux natures :



IV.2. BRUITS DE MESURE DE LA PROBABILITÉ DE TRANSITION 81

3 390 3 395 3 400 3 405 3 410 3 415 3 4200,4
0,5
0,6
0,7

Désaccord Raman [Hz]

P 𝑒

Figure iv.9 – Franges interférométriques typiques obtenues sur une transition Δ𝑚 = −6
pour un temps d’interrogation T = 150 ms, et l’ajustement sinusoïdal correspondant en
pointillés.

— le bruit d’imagerie, lié à l’imperfection de notre système d’imagerie et de la caméra,
qui ajoute un bruit 𝜎N sur la mesure des populations des deux états de sortie de
l’interféromètre ;

— le bruit de projection quantique, lié à la nature quantique des atomes utilisés pour
la mesure, qui ajoute un bruit de quantification sur la mesure des populations.

Nous allons présenter ici le travail de caractérisation de ces deux bruits pour le
nouveau système de détection décrit précédemment en iii.6.2.

IV.2.1 Bruit d’imagerie
La mesure de la probabilité de transition P𝑒 = N2/(N2 + N1) va être entachée d’un

bruit 𝜎P𝑒 par les bruits 𝜎N1 et 𝜎N2 sur les mesures respectives de N1 et N2. La relation
entre la variance de P𝑒 et celles sur les mesures des populations peut être estimée en
réalisant un développement de Taylor à l’ordre 1 autour de la valeur moyenne de P𝑒 :

V(P𝑒) = V(N1) (∂P𝑒∂N1 )2 + V(N2) (∂P𝑒∂N2 )2 + 2 Cov(N1, N2)∂P𝑒∂N1 ∂P𝑒∂N2 (iv.8)= ( P𝑒Ntot
)2 [V(N2) (1 − P𝑒P𝑒 )2 + V(N1) − 2 Cov(N1, N2)1 − P𝑒P𝑒 ] (iv.9)= V ( 1Ntot

(N2(1 − P𝑒) − P𝑒N1)) (iv.10)

où Ntot = N1 + N2 est le nombre moyen d’atomes total.
Dans le cas où l’on se place à mi-frange, on obtient alors𝜎P𝑒 = 12Ntot

𝜎N2−N1 (iv.11)
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Si les mesures sur N1 et N2 ne sont pas corrélées et ont le même bruit 𝜎N1 = 𝜎N2 = 𝜎N,
on trouve alors 𝜎P𝑒 = 𝜎N/(√2Ntot).

Une première source du bruit d’imagerie 𝜎N provient des limitations techniques de la
caméra emccd elle-même, à travers le bruit de lecture des pixels ou le bruit thermique
de courant. Ce dernier est totalement négligeable dans notre cas d’usage avec des temps
d’exposition de quelques millisecondes. Pour minimiser le bruit de lecture de la caméra,
d’environ 25 électrons, nous utilisons un binning de 4 × 4 pour minimiser le nombre
de lectures nécessaires pour collecter la lumière de fluorescence. De plus, nous utilisons
la capacité de multiplication d’électron à son maximum pour maximiser le rapport
signal/bruit.

Une autre source de bruit peut provenir d’un bruit dépendant du nombre d’atomes, par
exemple si l’intensité de la lumière de détection fluctue entre l’imagerie des populations
des deux états. Ce bruit sur 𝜎N2−N1 proportionnel au nombre d’atomes dans les deux
populations se traduit par un bruit constant sur 𝜎P𝑒 , indépendant du nombre d’atomes
imagés. Dans notre cas, nous n’avons pas constaté de bruit avec un tel comportement.

Figure iv.10 – Image de fluorescence, sans la soustraction du fond lumineux. Le fond
lumineux issu de la diffusion des faisceaux de fluorescence est clairement visible. Même
image, mais sans soustraction du fond, que la figure III.15c.

On constate plutôt que la source principale de bruit d’imagerie provient du
fond des images de fluorescence. Lors de l’imagerie par fluorescence, de la lu-
mière des deux faisceaux de fluorescence diffuse vers la caméra depuis le miroir
interne ou d’autres éléments optiques de l’enceinte à vide. Le fond des images
n’est donc pas totalement noir et en plus des 12 000 photons de signal collec-
tés, on détecte typiquement 60 000 photons de ce fond lumineux par sous-image
(fig. iv.10).

Ce fond lumineux est soustrait des images de population atomique avec la séquence
décrite en iii.6.2 : une image est prise avec les deux populations atomiques dans des
régions différentes de l’image, puis une deuxième image du fond est prise et soustraite
à la première. Les populations N1 et N2 des deux états sont estiméees en sommant
le signal lumineux de deux sous-images de l’image soustraite, une pour chaque état.
Cette procédure permet de supprimer l’effet moyen du fond lumineux à l’estimation des
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populations, mais le fond lumineux continue d’ajouter un bruit d’imagerie. Ce bruit peut
provenir de trois origines physiques :

— de fluctuations d’intensité, temporelles entre les prises d’images du signal et du
fond mais aussi spatiales à cause de turbulences atmosphériques, qui vont ajouter
un bruit proportionnel au nombre de photons ;

— du bruit de grenaille des photons. L’étape de multiplication d’électron de la caméra
accroît ce bruit d’un facteur

√2 [Ham], qui est alors égal à
√2S pour S photons

arrivant sur la caméra ;
— du bruit de lecture de la caméra, qui ajoute un bruit constant même en l’absence

de photons de détection incidents, soit à cause du bruit de lecture de la caméra
elle-même, soit à cause du bruit de photons d’une autre origine.
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Figure iv.11 – Mesures de bruit de fond, en fonction du nombre de photons incident. À
gauche, bruit sur une seule sous-image, sans soustraction du fond ; à droite, bruit 𝜎S2−S1
sur la différence des deux sous-images des états |F = 2⟩ et |F = 1⟩, avec le fond soustrait.
Les mesures de bruit sont ajustées par la somme quadratique du bruit de grenaille égal à
la racine carrée du double du nombre total de photons incidents, d’un bruit d’intensité
proportionnel au nombre de photons et d’un bruit de lecture constant. La contribution des
différents bruits est représentée. La ligne verticale noire représente les conditions usuelles
d’intensité dans lesquelles les mesures de force sont réalisées.

Pour déterminer quelle source de bruit est dominante, la statistique du bruit d’imagerie
sans atome a été étudiée pour des intensités lumineuses variables, pour une seule sous-
image 𝜎S2 brute sans soustraction du fond et pour la différence des deux sous-images𝜎S2−S1 avec soustraction du fond (figure iv.11). Pour les deux observations, on réalise
un ajustement de la mesure de bruit par la somme quadratique des sources de bruits
présentés précédemment : 𝜎(S) = √𝑎2S2 + 2S + 𝑏2. (iv.12)
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On remarque d’abord que sur une sous-image seule sans soustraction du fond les
fluctuations d’intensité prédominent pour un nombre de photons détectés usuels : 𝜎S2 ≈𝑎S2 pour S2 ≈ 60 000 photons (ligne verticale fig. iv.11). Cependant, la soustraction de
l’image de fond prise juste après l’image de fluorescence ainsi que la prise en compte des
corrélations entre les deux sous-images des états |F = 2⟩ |F = 1⟩ permettent d’éliminer
totalement ce bruit d’intensité : à la puissance usuelle, le bruit de grenaille domine
totalement 𝜎S2−S1 ≈ √2S. Celui-ci est néanmoins plus important avec ce protocole
que sur une seule sous-image, puisqu’approximativement quatre fois plus de photons
doivent être pris en compte (ceux des deux sous-images S1 et S2 et du fond soustrait
correspondant).

Avec l’intensité de détection usuelle, ce bruit de fond des images ajoute un bruit sur la
détection 𝜎N1−N2 équivalent à 21 atomes. Avec 600 atomes utiles au total pour la mesure,
cela donne un bruit 𝜎P𝑒 = 1,7 % sur la mesure de la probabilité de transition. Le bruit
de grenaille lié aux photons du signal de fluorescence qui se rajoutent à ceux du fond
lumineux va ajouter un bruit indépendant du nombre d’atomes de 0,08 %, qui peut être
négligé. Ce système de détection possède une meilleure sensibilité que celui utilisant les
nappes de fluorescence qui a obtenu au mieux un bruit de lecture 𝜎N1−N2 équivalent à116 atomes [Ala18b].

Pour réussir à décroître ce bruit, il faut pouvoir diminuer la diffusion des faisceaux
de fluorescence à l’intérieur de la chambre à vide, possiblement en utilisant des faisceaux
plus étroits (mais au prix d’un alignement plus délicat), ou en utilisant de meilleurs
miroirs en amont. Si jamais on parvenait à réduire drastiquement le fond parasite,
on se heurterait alors au bruit de lecture de la caméra 𝜎S2−S1 = 3 atomes. Celui-ci
n’est pas égal à

√4 fois le bruit de lecture sur la seule sous-image S2 (fig. iv.11), signe
que le fond de la caméra n’est pas uniformément gris et que certaines corrélations
existent entre les deux sous-images S1 et S2, provenant à priori du bruit d’intensité
d’autres sources lumineuses (autres sources laser qui diffusent, fuite de la lumière de
fluorescence à travers l’AOM éteint ou la lumière ambiante qui est détectée malgré le
capotage de l’expérience).

Technologiquement, la limite sur notre bruit d’imagerie provient de ce facteur
√2 sur

le bruit de grenaille lors de l’étape de multiplication d’électrons. La détérioration de la
statistique Poissonnienne semble être une contrainte fondamentale de cette technologie
[Ham]. On peut donc se demander si la caméra emccd utilisée est la plus adaptée à
notre utilisation. Une alternative est autre technologie d’imagerie à bas bruit à base de
capteur cmos, qui se passe de l’étape de multiplication d’électron et de son surcroît
de bruit, mais au prix d’un bruit de lecture alors un peu plus élevé, et d’une efÏcacité
quantique à 780 nm un peu plus faible pour les caméras actuellement disponibles. Le
calcul du rapport signal sur bruit pour notre caméra emccd Hamamatsu C9100-23B et
la caméra cmos Hamamatsu C15550 montre un gain possible mais modeste de 20 % pour
cette dernière (20,1 contre 24,1).

IV.2.2 Bruit de projection quantique
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Du fait du nombre discret d’atomes que l’on utilise comme sonde, un bruit de
projection quantique se rajoute à la mesure de P𝑒. Dans le cas où la mesure est effectuée
à mi-frange N1 = N2 = Ntot/2, ce bruit de projection quantique va rajouter un bruit𝜎SQLP𝑒 = 12√Ntot

(iv.13)

Pour de faibles nombres d’atomes, le bruit d’imagerie en 1/Ntot décrit précédemment
va être dominant. En revanche, au-delà de Ntot = 𝜎S2−S1 2 ≈ 400 atomes, ce bruit de
projection quantique devient prédominant devant le bruit d’imagerie. La figure iv.12,
réalisée en étudiant le bruit de probabilité de transition après une impulsion 𝜋/2 micro-
onde juste à la fin du transport, montre la vérification expérimentale de ce comportement.
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Nombre d’atomes Ntot

𝜎 P 𝑒
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Figure iv.12 – Bruit de probabilité de transition en fonction du nombre d’atomes total.
Quand 𝜎P𝑒 ≳ 10 %, l’approximation (iv.11) que 𝜎P𝑒 (en bleu) est égal à 𝜎N2−N1/(2Ntot)
(en orange) n’est plus valable. Le bruit d’imagerie déterminé à la section précédente est
tracé en rouge, le bruit de projection quantique 𝜎SQLP𝑒 en vert, et la somme quadratique des
deux bruits en violet. Le bruit de détection passe d’un comportement en 1/Ntot pour les
faibles nombres d’atomes à un comportement en 1/√Ntot à partir d’environ 400 atomes.
La ligne verticale noire représente le nombre d’atomes usuel pour les mesures de force.

Dans les conditions usuelles de mesure avec 600 atomes, le bruit de projection
quantique va ajouter un bruit 𝜎P𝑒 = 2,0 %. Notre détection est donc limitée pour une
part non négligeable par le bruit de projection quantique.

Pour diminuer le bruit de projection quantique à nombre d’atomes fixe, il est possible
d’aller au-delà de la limite quantique standard en 1/√Ntot en intriquant les différents
atomes au sein du nuage. La limite d’Heisenberg fixe alors une limite ultime en 1/Ntot.
Différents protocoles [Mue15 ; Szi20 ; Cor21] ont été proposés pour utiliser les interactions
dans un condensat de Bose-Einstein pour générer des états de spin comprimés et permettre
de dépasser la limite standard dans des interféromètres en chute libre, mais ce genre de
protocole ne semble pas adapté à notre géométrie en réseau qui diviserait un unique
condensat sur chaque site du réseau. Une meilleure idée serait d’utiliser des mesures
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quantiques non destructives en cavité [Mal22], telles que celles pratiquées sur des horloges
optiques à réseau [Hos16 ; PY16 ; Val17]. On pourrait imaginer partir d’un état 𝜋/2 micro-
onde intriqué à l’aide d’une telle mesure non destructive, puis réaliser un interféromètre
« accordéon » [Pel13c] (fig. ii.13a) pour propager l’intrication dans le reste de la séquence
et réaliser une mesure sub-SQL. Un tel protocole nécessiterait cependant une modification
assez radicale du dispositif expérimental, puisqu’il requiert l’installation d’une cavité
optique et d’un système de détection non destructif, ainsi qu’entre autres contraintes
une efÏcacité des impulsions Raman bien supérieure à celle actuellement accessible, de
l’ordre de 97 % [And21], pour permettre le maintien de l’état intriqué lors de la séquence
interférométrique.

IV.3 Bruit de vibration
La sensibilité au bruit de vibration est un problème inhérent aux capteurs inertiels,

particulièrement pour les interféromètres atomiques, au point d’en constituer la principale
limite sur la sensibilité [Le 08]. Pour réduire ce problème, il est possible d’utiliser
des plateformes d’isolation antivibrations ou d’acquérir par des capteurs classiques
(accéléromètres ou vélocimètres) les vibrations subies soit pour les corriger en post-
traitement [Le 08], soit pour les compenser en temps réel [Gau22]. In fine, l’une des
méthodes les plus prometteuses pour dépasser cette limitation des vibrations est d’utiliser
une configuration de type gradiomètre, avec deux mesures simultanées dont la corrélation
permet d’éliminer les bruits de phase communs [Lan17]. L’expérience ForcaG n’échappe
pas à cette problématique de bruit de vibration, mais comme nous allons le voir, se place
dans un régime de sensibilité différent des interféromètres en chute libre plus habituels.

IV.3.1 Vibrations et bruits de phase
Du fait d’avoir deux miroirs de référence sur l’expérience, deux types de vibrations,

schématisés figure iv.13, peuvent être rencontrés.
La vibration du miroir interne à la position 𝑧𝑟 dans un référentiel inertiel va entraîner

avec elle l’onde stationnaire du Verdi et ainsi le nuage atomique avec une accélération𝑎𝑒 = ̈𝑧𝑟. Les atomes ressentent alors une force d’inertie supplémentaireF𝑎𝑒(𝑡) = −𝑚Rb𝑎𝑒(𝑡) = −𝑚Rb
d2𝑧𝑟
d𝑡2 . (iv.14)

Cette force parasite peut entraîner l’effet très indésirable d’induire des transitions
parasites entre états de Wannier-Stark si les vibrations sont en résonance avec la fréquence
de Bloch [Tar12]. Même en restant au seuil de cet effet, cette force d’inertie va ajouter à
la mesure de la fréquence de Bloch pour une transition Δ𝑚 un bruit de pulsation𝜔𝑎𝑒(𝑡) = Δ𝑚𝜆V F𝑎𝑒(𝑡)2ℏ = −Δ𝑚𝜆V 𝑚Rb2ℏ d2𝑧𝑟

d𝑡2 . (iv.15)

L’autre type de vibration possible est celui du miroir externe Raman par rapport au
miroir interne. Cette vibration δ𝑧𝑚(𝑡) va perturber la phase des lasers Raman au niveau
des atomes et ajouter un bruit de phase laserδ𝜑R(𝑡) = 2𝑘R δ𝑧𝑚(𝑡) = 𝑘eff δ𝑧𝑚(𝑡). (iv.16)
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Figure iv.13 – Schéma des deux vibrations possibles : le miroir interne de mesure peut
vibrer à une position 𝑧𝑟(𝑡) et entraîner avec lui les atomes piégés dans l’onde stationnaire
du Verdi à une accélération 𝑎𝑒 = ̈𝑧𝑟, tandis que les fluctuations de distance entre le
miroir interne et le miroir Raman vont occasionner des fluctuations de phase Raman𝜑𝑚(𝑡) = 𝑘eff δ𝑧𝑚(𝑡)
IV.3.2 Sensibilité aux vibrations

Pour étudier l’impact de ces bruits de phase sur notre mesure, nous pouvons utiliser
le formalisme de la fonction de la sensibilité décrite par Patrick Cheinet [Che06].
La fonction de sensibilité 𝑔𝑠(𝑡) décrit la sensibilité de la phase interférométrique Φ à
des fluctuations de phase Raman 𝛿𝜑 durant la séquence d’interrogation. Le déphasage
interférométrique ΔΦ sera alors donné par :ΔΦ = ∫+∞−∞ 𝑔𝑠(𝑡) d𝜑(𝑡) = ∫+∞−∞ 𝑔𝑠(𝑡)d𝜑

d𝑡 d𝑡 (iv.17)

La fonction de sensibilité pour un interféromètre simple de Ramsey 𝜋2 − 𝜋2 avec un
temps de séparation T et des séparatrices de durée 𝜏𝜋/2 = 𝜋2Ω , représentée figure iv.14,
vaut [Hil14] :

𝑔𝑠(𝑡) = ⎧{⎨{⎩sin(Ω𝑡) 0 < 𝑡 < 𝜏𝜋/21 𝜏𝜋/2 < 𝑡 < 𝜏𝜋/2 + T
sin(Ω(𝑡 − T)) 𝜏𝜋/2 + T < 𝑡 < T + 2𝜏𝜋/2 (iv.18)

Pour analyser l’impact des bruits de vibration, il est plus simple de se placer dans
l’espace de Fourier. La fonction de transfert de la phase H pour l’interféromètre vient
naturellement de l’équation (iv.17) : |H(𝜔)| = |𝜔G(𝜔)| où G(𝜔) est la transformée de
Fourier de 𝑔𝑠(𝑡) :

G(𝜔) = ∫+∞−∞ e−𝑖𝜔𝑡 𝑔𝑠(𝑡) d𝑡= 2Ω𝜔2 − Ω2 (cos (𝜔(𝜏𝜋/2 + T2 )) + Ω𝜔 sin (T𝜔2 )) (iv.19)
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Figure iv.14 – Fonction de sensibilité pour un interféromètre de Ramsey. T = 100 ms et𝜏𝜋/2 = 10 ms.

On peut alors étudier la réponse de l’interféromètre aux deux modes de vibration
présentés précédemment. Les fonctions de transfert de l’interféromètre pour un bruit
respectivement sur la position du miroir interne et sur la distance entre les deux miroirs
sont : |H𝑎𝑒(𝜔)| = Δ𝑚𝜆V 𝑚Rb2ℏ 𝜔2G(𝜔) (iv.20)|HR(𝜔)| = 𝑘eff 𝜔G(𝜔) (iv.21)

Ces fonctions de transfert sont représentées figure iv.15. On remarque que pour une
même amplitude de vibration, notre interféromètre est beaucoup moins sensible au bruit
de phase inertielle qu’au bruit de phase Raman, particulièrement aux basses fréquences
où les bruits mécaniques sont bien plus compliqués à filtrer. Cela rend la géométrie piégée
particulièrement remarquable : pour éliminer ce bruit de phase Raman, il sufÏt dans
notre cas de rigidifier au maximum la liaison entre les deux miroirs pour réduire le mode
de vibration différentiel. Dans le cas extrême où un miroir unique est utilisé de manière
commune pour la réflexion de l’onde stationnaire de piégeage et des faisceaux Raman ce
bruit de phase Raman est totalement éliminé et le capteur est alors plus d’un ordre de
grandeur moins sensible sur sa phase aux vibrations que ne l’est un capteur à atomes
froids en chute libre qui reste sensible à ce bruit de phase Raman.

À noter néanmoins que les interféromètres en chute libre gardent une meilleure
sensibilité à T identique, liée à leur plus grand facteur d’échelle avec une séparation
spatiale des deux bras interférométriques en 2𝑣𝑟T ≈ 900 µm, comparée à la séparation
de Δ𝑚𝜆V/2 ≈ 1,5 µm ici. Avec ce plus grand facteur d’échelle, même avec un bruit de
phase plus important, un interféromètre en chute libre restera malgré tout toujours plus
sensible sur la mesure de la gravité 𝑔.

IV.3.3 Mesures des vibrations du miroir interne
Précédemment lors des mesures dans la chambre à vide inférieure, plusieurs solutions

ont été mises en place pour minimiser l’impact de ces deux modes de vibrations. Pour
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Figure iv.15 – Fonction de sensibilité pour un interféromètre de Ramsey. T = 100 ms,𝜏𝜋/2 = 10 ms et Δ𝑚 = 6.

réduire les fluctuations de distance entre le miroir des faisceaux Raman et celui du Verdi
— à l’époque placé en dehors de la chambre à vide —, un support commun en aluminium
a été réalisé de manière à rigidifier au maximum la liaison entre les deux [Tac13]. Pour
estimer et corriger le bruit inertiel, les vibrations des miroirs étaient enregistrées en
utilisant un sismomètre placé à proximité [Ala18a], puis pondérées par la fonction de
sensibilité pour en corriger les mesures de fréquence de Bloch.

Néanmoins, ces deux opérations sont impossibles à utiliser dans la disposition actuelle
de l’expérience où l’on utilise un miroir interne à la chambre à vide supérieure. De plus,
le miroir interne est fixé par un bras de 25 cm à l’extrémité d’un soufÒet de translation,
ce qui est particulièrement propice aux vibrations et à l’excitation de certains modes de
poutre, au point de pouvoir observer à l’œil nu le miroir vibrer. Ces vibrations importantes
entraînent un élargissement et un brouillage des pics spectroscopiques de l’échelle de
Wannier-Stark par le phénomène décrit en iv.3.1, Pour y remédier nous avons bridé
l’extrémité du soufÒet en la contraignant mécaniquement sur la structure mécanique de
maintien de l’expérience (figure iv.16).

Le bridage a réduit les vibrations qui ne sont plus visuellement percep-
tibles. Mais même des vibrations résiduelles de faible amplitude peuvent en-
gendrer d’importants bruits de phase : des vibrations de 390 nm sufÏsent à
créer un bruit de phase de 2𝜋. Nous ne pouvons pas ici utiliser la méthode
habituelle de placer un vélocimètre ou un accéléromètre au plus près du mi-
roir pour mesurer les vibrations et les corriger : il faut trouver un autre
moyen pour estimer l’ampleur des vibrations et si possible parvenir à les
compenser.

C’est pourquoi j’ai ajouté sur le trajet du Verdi un interféromètre optique de type
Michelson (schéma iv.17). Ce Michelson permet de suivre les déplacements du miroir
interne par rapport au banc optique. En supposant que le banc optique reste bien rigide
et que le bras du Michelson sur le banc reste de longueur constante, la phase optique 𝜙M
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Figure iv.16 – Photographie du système mécanique de support du miroir interne.

observée en sortie de l’interféromètre nous renseigne directement sur les fluctuations de
position du miroir interne par rapport au banc optique 𝑧𝑚.𝜙M = 2 2𝜋𝜆V 𝑧𝑚 (iv.22)

L’amplitude des vibrations est malheureusement trop importante pour rester dans
le régime linéaire de fonctionnement du Michelson (à mi-frange) ; en une dizaine de
secondes, la phase défile sur plusieurs franges et la mesure de l’intensité I(𝑡) = cos(𝜙M(𝑡))
ne permet pas de remonter sans ambigüité à la position du miroir 𝑧𝑚.

J’ai donc mis en place un système de verrouillage à mi-frange sur cet interféromètre.
La longueur du bras fixe sur le banc peut être modulée par un piézoélectrique (Thorlabs
PQ9FC1) utilisé comme support du miroir de rétroréflexion du bras (figure iv.17). La
longueur de ce piézoélectrique est asservie sur la différence entre l’intensité lumineuse
en sortie du Michelson, mesurée par une photodiode, et une consigne de référence égale
à l’intensité lumineuse à mi-frange. De cette façon, l’asservissement, réalisé avec un
intégrateur analogique, contrôle la position du miroir du bras restant sur le banc de
manière à ce que la phase optique en sortie du Michelson reste à mi-frange. Dans ce
régime, les mouvements relatifs du miroir interne au banc optique vont être reproduits par
le miroir du bras fixe monté sur le piézoélectrique. La réponse du piézoélectrique utilisé
étant linéaire, il sufÏt alors de mesurer les variations du signal de correction appliqué au
piézoélectrique pour déterminer les fluctuations de position 𝑧𝑚 du miroir interne.

Ce circuit est équivalent à un filtre passe-haut du premier ordre avec une fréquence
de coupure mesurée ici à 𝑓𝑐 = 400 Hz, ce qui permet donc de suivre efÏcacement les
vibrations de fréquence inférieure à 𝑓𝑐. Les masses du piézoélectrique et du miroir de
rétroréflexion (diamètre de 7 mm) ont été minimisées pour que la fréquence de résonance
du système {mirroir + piézo} soit la plus élevée possible, estimée aux alentours de 1200 Hz ;
la limitation sur cette fréquence de coupure n’est donc due qu’au réglage du gain de
l’intégrateur analogique. Compte tenu de la plus faible sensibilité de l’interféromètre à
des fréquences supérieures, cette fréquence de coupure a néanmoins été considérée comme
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Figure iv.17 – Schéma optique de l’interféromètre Michelson mis en place sur le laser
Verdi. L’intensité de la frange interférométrique mesurée par la photodiode est comparée
à une référence de tension U𝑟𝑒𝑓 correspondant à l’intensité à mi-frange. La différence
est intégrée et envoyée comme consigne à un actuateur piézoélectrique contrôlant le
déplacement du miroir du bras fixe du Michelson. Le miroir va alors reproduire les
mouvements 𝑧𝑚 du miroir interne à la chambre à vide.



92 CHAPITRE IV. SENSIBILITÉ AU VOISINAGE DE LA SURFACE

sufÏsante.
La calibration de la réponse du piézo est effectuée en envoyant une commande de

modulation plus rapide que les éventuelles vibrations. On peut alors observer un défilement
des franges interférométriques sur la photodiode qui permet de remonter à la valeur du
déplacement du piézoélectrique pour une tension donnée. On observe figure iv.18 un
défilement de 3,25 franges/V, qui correspond à un déplacement du piézo de 865 nm/V.

2 2,5 3 3,5 4 4,5 5 5,5 6−1
−0,5

0
0,5

1

𝑡 [ms]

U[V]
U𝑚𝑜𝑑U𝑝ℎ𝑜𝑡𝑜𝑑𝑖𝑜𝑑𝑒 − U𝑟𝑒𝑓

fit U𝑝ℎ𝑜𝑡𝑜𝑑𝑖𝑜𝑑𝑒 = 𝑓(U𝑚𝑜𝑑)

Figure iv.18 – Calibration de la réponse du piézoélectrique. La tension de consigneU𝑚𝑜𝑑 est modulée linéairement par un signal triangulaire en bleu, pendant que l’intensité
lumineuse en sortie du Michelson U𝑝ℎ𝑜𝑡𝑜𝑑𝑖𝑜𝑑𝑒 est enregistrée, en orange. En vert, un
ajustement U𝑝ℎ𝑜𝑡𝑜𝑑𝑖𝑜𝑑𝑒 = A cos(2𝜋(U𝑚𝑜𝑑/𝑎 + 𝜑)) qui permet d’établir la calibration 𝑎 du
piézo : à un 1 V de commande correspond un défilement de 3,25 franges, soit une réponse
de 865 nm/V.

Il est alors possible d’étudier les vibrations 𝑧𝑚 du miroir par rapport au banc optique et
la densité spectrale associée qui sont représentées en bleu figure iv.19. Pour comparaison,
les vibrations dans un référentiel inertiel 𝑧𝑠𝑖𝑠 ont été mesurées sur la table optique ou
sur le banc optique de l’IR à proximité du miroir Raman avec un sismomètre Trillium
Compact. On observe avec ce sismomètre des vibrations inertielles importantes du banc
optique (pic-à-pic de 0,5 µm) principalement à 10 Hz, qui correspond probablement à
une fréquence de résonance de la table optique. Ces vibrations sont transmises au miroir
interne, mais perturbées par son support ; on observe ainsi que le miroir ne reste pas fixe
par rapport au banc optique mais qu’il vibre légèrement relativement au banc optique
également à 10 Hz. Le miroir interne vibre également à quelques modes supplémentaires
autour de la centaine de Hertz, à priori des modes de résonance de son support.

On estime ensuite les bruits de phase ajoutés par ces vibrations, de la table optique ou
du miroir interne relativement à cette dernière. Pour une densité spectrale de puissance
de bruit de phase S𝜑(𝜔), l’écart-type des fluctuations de la phase interférométrique
sera [Che06] : 𝜎𝜑2 = ∫+∞0 |H(𝜔)|2S𝜑(𝜔)d𝜔2𝜋 (iv.23)
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Figure iv.19 – Signal temporel et sa densité spectrale de la position du miroir interne
relativement à la table optique estimée à travers le Michelson optique (en bleu), et des
vibrations inertielles de la table optique mesurées au sismomètre en haut de la chambre à
vide sur la plateforme de l’IR à proximité du miroir Raman (en orange) et directement
sur la table optique (en vert).
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Phase Raman 𝜎R [rad] Phase inertielle 𝜎𝑎𝑒 [rad]
Vibrations table optique 3,4 0,01

Vibrations miroir interne/table 0,26 2 × 10−3
Table iv.1 – Bruits de phase estimés à partir des densités spectrales de vibrations du
banc optique mesurées au sismomètre et du miroir interne mesurées avec le système
Michelson. La phase inertielle a été calculée avec la fonction de transfert (iv.20) ; la
phase Raman avec (iv.21)

L’impact des vibrations mesurées précédemment sur le bruit de phase interférométrique
est ainsi estimé en utilisant les fonctions de transfert (iv.20) et (iv.21). Les résultats sont
présentés dans la table iv.1. On constate immédiatement l’intérêt d’une configuration
d’interféromètre piégé en présence d’un tel niveau de bruit acoustique : les fluctuations
de phase pour un interféromètre en chute libre seraient de 3,4 radians pour un miroir
Raman soumis aux vibrations de notre banc optique, de quoi largement brouiller des
franges. Du fait des vibrations du miroir interne par rapport au banc optique et donc au
miroir Raman, nous avons cependant un bruit de phase Raman de 0,26 radians, six fois
plus que le bruit de phase inertielle du banc optique qui était précédemment l’une des
limitations de la sensibilité et devait être corrigé [Ala18a]. Enfin, le surcroît de bruit de
phase inertielle créée par les vibrations du miroir interne par rapport au banc optique
est totalement négligeable devant le bruit de phase inertielle des vibrations du banc
lui-même.

Nous allons tirer profit de ce dispositif qui nous permet d’estimer les vibrations du
miroir interne relativement à la table optique et le bruit de phase Raman associé pour
corriger directement le bruit de phase Raman de nos mesures de fréquence de Bloch.

IV.3.4 Correction des vibrations
Si l’on suppose le miroir Raman rigidement lié par la structure mécanique au banc

optique, la mesure de la position du miroir par rapport au banc optique 𝑧𝑚 devient
directement une mesure de la distance δ𝑧𝑚 entre les deux miroirs de mesure : δ𝑧𝑚 =𝑧𝑚 + cst. La mesure du bruit de phase Raman 𝜑𝑟 lié aux fluctuations de la distance
entre les deux miroirs devient possible avec l’équation (iv.17). Nous négligeons le bruit
d’accélération inertiel du miroir interne. Notre système Michelson permet d’enregistrer𝑧𝑚(𝑡) durant toute la durée de la séquence interférométrique. Le bruit de phase Raman
accumulé pendant la séquence se calcule alors simplement :δ𝜑𝑟 = ∫+∞−∞ 𝑔𝑠(𝑡) 𝑘eff

d𝑧𝑚
d𝑡 d𝑡 = − ∫T+2𝜏𝜋/20 d𝑔𝑠

d𝑡 𝑘eff 𝑧𝑚(𝑡) d𝑡 (iv.24)

Si le bruit de phase reste petit δ𝜑𝑟 ≪ 1, il est valable de linéariser la relation entre
probabilité de transition et phase interférométrique P𝑒 = C/2 cos(𝜑 + δ𝜑𝑟). Dans ce
cas, ce bruit de phase δ𝜑𝑟 ajoute simplement un bruit à la probabilité de transition :δP𝑒 = 𝑎 δ𝜑𝑟. En particulier, en se plaçant à mi-frange, on s’attend à avoir δP𝑒 = C/2 δ𝜑𝑟
avec C le contraste. Pour vérifier cette relation, j’ai étudié les corrélations entre la
probabilité de transition P𝑒 à mi-frange de l’interféromètre Ramsey et le bruit de phase



IV.3. BRUIT DE VIBRATION 95

Raman δ𝜑𝑟 estimé simultanément grâce à la formule (iv.24). Les résultats pour une durée
interférométrique T = 100 ms sont présentés figure iv.20. On constate une corrélation
entre P𝑒 et δ𝜑𝑟. Le facteur de proportionnalité optimal entre les deux est 𝑎 = 0,13, plus
faible que celui de 0,2 attendu vu le contraste de 40 %. La différence peut s’expliquer
par un bruit sur la mesure de δ𝜑𝑟 qui va « élargir » la distribution de δ𝜑𝑟 observée.
Ce bruit peut provenir à priori soit de vibrations hautes fréquences non mesurées par
notre Michelson, soit de vibrations supplémentaires non prises en compte, telles que
des vibrations entre le miroir Raman et le banc optique qui invalideraient l’hypothèseδ𝑧𝑚 = 𝑧𝑚 + cst faite au début de la section.

−2 −1,5 −1 −0,5 0 0,5 1 1,5 20,20,30,40,50,60,7

δ𝜑𝑟 [rad]

P 𝑒

Ajustement linéaire

Figure iv.20 – Corrélations entre la probabilité de transition mesurée à mi-frange pour un
interféromètre de 100 ms et l’estimation de la phase Raman due aux vibrations du miroir.
L’ajustement linéaire en orange permet de déterminer le facteur de proportionnalité entre
les deux, ici de 0,13.

Avec cette méthode, en soustrayant à P𝑒 la quantité 𝑎 𝜑𝑟, on peut supprimer l’effet
estimé du bruit de phase, et conséquemment réduire le bruit sur notre mesure. Par exemple,
avec les mesures présentées figure iv.20, l’écart-type de la probabilité de transition est
de 𝜎(P𝑒) = 8,3 %, ce qui se traduit en termes de bruit de phase par 𝜎(𝜑) = 0,4 rad. Avec
cette méthode de post-traitement, 𝜎(P𝑒) est réduit à 5,6 %, soit un gain de 30 % sur le
bruit de phase.

Il s’agit ensuite de vérifier que ce gain attendu se répercute bien sur nos mesures de
fréquences de Bloch. Comme constaté figure iv.21, l’utilisation de cette correction durant
l’intégration permet d’améliorer la sensibilité sur la mesure de force de 30 % : nous avons
un moyen de compenser au moins partiellement les bruits de vibration du miroir interne,
ce qui permet de réduire d’un facteur 2 le temps de moyennage pour atteindre un niveau
de stabilité équivalent.
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Figure iv.21 – Écarts-types d’Allan d’une mesure de fréquence de Bloch avec ou sans post-
correction des vibrations du miroir interne, avec les ajustements en 1/√𝜏 correspondant.
On observe un gain de 30 % sur la sensibilité avec la prise en compte des vibrations.

IV.4 Autres bruits de phase

Déplacement différentiel IR À cause de l’utilisation d’une séquence interférométrique
non symétrisée sensible aux fluctuations de la fréquence hyperfine, la phase interféromé-
trique est sensible aux fluctuations de déplacements lumineux différentiels induites par les
fluctuations d’intensité du laser infrarouge. En utilisant une séquence interférométrique
Ramsey micro-onde sensible seulement aux fluctuations de fréquence d’horloge et non plus
au bruit de phase Raman ou au bruit de force, on peut quantifier ce bruit. En mesurant
la différence de bruit de phase de deux interféromètres micro-onde à des intensités du
laser IR différentes, on estime la contribution du laser au bruit de fréquence hyperfine.
On détermine alors que les variations d’intensité du laser IR peuvent engendrer des
fluctuations rapides d’environ 2 % du DLD, soit 50 mHz de bruit coup-à-coup.

Phase de l’oscillateur local La référence de fréquence utilisée pour la génération
des fréquences pour la radiofréquence micro-onde et pour l’ajustement des désaccords
des lasers Raman provient d’un oscillateur bas-bruit à quartz (O-CDFF28ISN-R-10MHz
/100MHz de NEL Frequency Controls). Cet oscillateur est asservi sur le long terme sur
un signal de référence à 100 MHz distribué au syrte, lui-même asservi sur les masers à
hydrogène qui assurent la référence primaire de temps au syrte. L’étude de la densité
spectrale de bruit de fréquence de cet oscillateur montre qu’il ajoute un bruit de fréquence
de 5 mHz coup-à-coup pour des temps d’interféromètre d’une centaine de millisecondes
[Ala18a].
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À proximité du miroir Loin du miroir [Ala18a]
Source de bruit 𝜎 𝜎F à 1 s [qN] 𝜎 𝜎F à 1 s [qN]

Imagerie 1,7 % 90 0,39 % 1,4
Projection quantique 2,0 % 100 0,41 % 1,5

Vibrations 0,26 rad 200 0,04 rad 2,5
Référence de fréquence 5 mHz 4 1,3 mHz 1,2

Laser de piégeage 50 mHz 40 1,7 mHz 1,6
Somme quadratique 310 mHz 240 6,1 mHz 5,7

Bruit interférométrique
mesuré 430 mHz 340 7,6 mHz 7,1

Table iv.2 – Sources de bruit et leur contribution aux fluctuations de la mesure de force
pour une transition Δ𝑚 = 6. Les bruits à proximité du miroir ont été estimés pour un
interféromètre Ramsey-Raman simple sans correction des vibrations de durée T = 150 ms,
de contraste C ≈ 0,3 et avec 600 atomes. Comme référence sont données les sources de
bruits estimées loin du miroir dans [Ala18a] pour un interféromètre Ramsey-Raman de
durée T = 2,7 s, de contraste C ≈ 0,3 et avec 15 000 atomes.

IV.5 Sensibilité du capteur
IV.5.1 Bilan des bruits de phase

Le bilan des différentes sources de bruit estimées dans les sections précédentes est
présenté avec leur impact sur les mesures de force dans la table iv.2. Les bruits ont été
calculés pour un interféromètre de 150 ms avec un contraste de 25 % et sans correction
des vibrations. En comparaison, les meilleures valeurs de bruit obtenues dans le passé
sur l’expérience avec des atomes ultra-froids, loin de toute surface, sont également
représentées.

Le bruit dominant dans nos mesures est donc le bruit de vibration, au-delà du bruit
cumulé de détection (130 qN). De plus, le bruit mesuré directement sur l’interféromètre
est supérieur à la somme quadratique des estimations de bruit. Cela semble indiquer que
le Michelson optique présenté précédemment sous-estime le bruit de vibration d’environ50 %, probablement à cause des vibrations entre le banc optique et le miroir Raman qui
ne sont pas mesurées et prises en compte dans l’estimation des vibrations.

En comparaison avec les mesures loin du miroir, nous avons perdu un facteur 50 sur
la sensibilité à proximité du miroir. La perte provient surtout du temps d’interrogation
10 fois plus court, limité par l’amortissement du contraste lié aux inhomogénéités de
force. Nous avons également perdu sur le bruit de vibration à cause du découplage entre
les miroirs internes et Raman.

IV.5.2 Mesure de force
Pour réduire la sensibilité de la mesure de fréquence de Bloch aux bruits de phase𝜎𝜑, nous cherchons à coupler des états de Wannier-Stark |WS𝑛⟩ et |WS𝑛+Δ𝑚⟩ les plus
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Figure iv.22 – Écarts-types d’Allan de mesures de force à quelques centaines de
micromètres du miroir, avec l’ajustement en 1/√𝜏 correspondant. Les courbes représentent,
en bleu, des mesures avec T = 150 ms et avec correction des vibrations, et, en orange,
des mesures avec T = 100 ms et sans corrections des vibrations. La courbe bleue présente
une sensibilité de 340 × 10−30 N à 1 s et la courbe orange se moyenne sur les 20 000 s de
mesure jusqu’à 4 × 10−30 N. En vert est représentée la limite quantique estimée dans la
situation actuelle de l’expérience.
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distants possibles. Vu les contraintes sur les fréquences de Rabi des différentes transitions
Raman (sec. ii.2.1), nous utilisons les transitions Raman Δ𝑚 = ±6. Les bruits sur la
mesure de fréquence de Bloch, et par là de force, sont alors réduits de ce facteur Δ𝑚 :𝜎𝜈B = 1Δ𝑚 𝜎𝜑2𝜋 TR . (iv.25)

En dépit d’une moins bonne sensibilité sur la force par rapport aux versions précédentes
de l’expérience, nous sommes désormais capables de mesurer à proximité du miroir des
forces locales comme nous allons le voir dans le chapitre suivant, et non plus seulement
la gravité. La sensibilité de notre capteur est alors à l’état de l’art en ce qui concerne les
capteurs de force non gravitationnelle (sec. i.3).

Quelques écarts-types d’Allan de mesures de force sont présentés figure iv.22. Nous
atteignons une sensibilité à 1 s de 340 qN (soit 340 × 10−30 N [CGPM22] 1), ou 130 mHz
en termes de sensibilité sur la fréquence de Bloch. Dans les plages temporelles observées,
les mesures s’intègrent toutes en 1/√𝜏. Après 5,7 h d’intégration, nous avons réussi à
atteindre une sensibilité de 4 qN, soit 1,6 mHz sur la fréquence de Bloch. À proximité
immédiate de la surface du miroir, la sensibilité décroît avec le contraste. Mais nous
parvenons encore à atteindre à 5 µm du miroir une sensibilité de 1 × 10−27 N à 1 s qui
s’intègre comme du bruit blanc. En une heure de mesure, on peut s’attendre à mesurer la
force de Casimir-Polder sur un nuage atomique au contact du miroir avec une sensibilité
relative de 3 %.

La sensibilité de notre capteur de force au voisinage de la surface a décru par
rapport aux performances démontrées dans le passé, loin de toute surface. Cette perte
de sensibilité est partiellement due à des contraintes techniques moins favorables dans
la configuration actuelle : plus faible nombre d’atomes à cause du transport et bruits
de vibrations plus important à cause de la séparation des miroirs Raman et interne.
Une perte importante de la sensibilité est néanmoins attribuable à la proximité des
atomes à une surface et semble inhérente à la méthode de mesure de force utilisée : la
rugosité de la surface semble capable de diffuser la lumière de piégeage, générant des
inhomogénéités de force qui limitent la résolution spectrale des mesures de fréquence
de Bloch. L’excellente qualité optique du miroir nous permet cependant de réaliser
malgré tout des mesures de force avec une sensibilité sufÏsante, là où une autre
expérience a échoué à cause de cet effet [Tin14].

Malgré cette dégradation de la sensibilité, notre capteur de force atteint une
sensibilité de 3,4 × 10−28 N à 1 s, record de sensibilité absolue pour les capteurs
de force à proximité d’une surface (sec. i.3). Avec cette sensibilité, nous pouvons
mesurer les effets attendus de la force de Casimir-Polder au contact du miroir avec
une incertitude de 1 % après une heure de mesures. La meilleure stabilité atteinte,
de 4 × 10−30 N, représente une incertitude de 10 % sur les effets attendus à 10 µm du
miroir. Nous avons donc une sensibilité sufÏsante pour mettre en évidence les forces
de Casimir-Polder.

1. En plus des quectonewtons, les rontonewtons seront particulièrement utilisés dans la suite de ce
manuscrit : 1 rN = 1 × 10−27 N
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Chapitre V

Mesures
de forces à courtes distances

Comme présenté au chapitre précédent, nous avons réalisé un capteur de force capable
d’effectuer des mesures de force au voisinage de la surface de miroir avec une sensibilité
sufÏsante pour mesurer les effets attendus de la force de Casimir-Polder. Je présenterai
dans ce chapitre les protocoles utilisés pour réaliser les mesures des forces d’interaction
atome-surface, puis les résultats des premières mesures de force accomplies à proximité
de la surface.

V.1 Précision du contrôle de la distance au miroir
Pour effectuer des mesures stables et exactes des forces à courte distance, qui varient

rapidement avec la distance atome-surface, un bon contrôle de cette distance est nécessaire.
Pour donner un ordre de grandeur, afin de connaître la force de Casimir-PolderFCP ∝ 𝑧−5 à une distance de 5 µm du miroir avec une incertitude de 1 %, il est nécessaire

de connaître la position des atomes à 10 nm près. En pratique, à cause du moyennage
de la force à l’échelle du nuage, la dépendance de la force mesurée de Casimir-Poler à
la distance au miroir est moins importante, et pour réaliser des mesures résolues à 2 %
près — sensibilité qui sera celle de nos mesures —, nous voulons une incertitude sur la
position de l’ordre de 0,1 µm.

V.1.1 Stabilité de la distance transportée dans l’élévateur de Bloch
Comme nous l’avons vu dans la section iii.3, en appliquant un désaccord 𝛿𝑏(𝑡) de

fréquence entre les deux bras de l’ascenseur de Bloch, on effectue un déplacement du
nuage atomique sur la distance Δ𝑧 = ∫ 𝛿𝑏(𝑡)2𝑘𝑏 d𝑡. (v.1)

Cependant, nous ne pouvons pas en déduire directement la distance 𝑧0 entre le nuage
atomique en fin de transport et la surface du miroir, qui dépend également de la distance𝑧mir entre le miroir et le piège dipolaire :𝑧0 = 𝑧mir − Δ𝑧 (v.2)

101
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Cette distance 𝑧mir peut varier au cours du temps, selon les alignements des lasers du piège
dipolaire ou les fluctuations de température dans la salle qui induisent des fluctuations
de pointé des lasers et une dilatation du bâti.

Nous voulons atteindre une stabilité sur la position du nuage 𝑧0 inférieure au mi-
cromètre après un transport de Δ𝑧 ≈ 30 cm, soit une stabilité relative de 1 ppm, ce qui
requiert à la fois une excellente stabilité de la distance transportée et des fluctuations
également de l’ordre du micromètre de la distance entre miroir et piège dipolaire.

Ce niveau de stabilité de la distance transportée est en principe garanti par le système
de contrôle de fréquence utilisé pour l’ascenseur de Bloch qui atteint théoriquement
des performances largement supérieures à celles nécessaires. Nous nous sommes assurés
expérimentalement de cette stabilité du transport en étudiant les corrélations entre
les positions du nuage atomique 𝑧𝑖 à la fin de l’évaporation et 𝑧𝑓 = 𝑧𝑖 + Δ𝑧 à l’issue
du transport. Ces positions sont mesurées en alternant les observations par imagerie
d’absorption dans les deux chambres à vide. Un ajustement gaussien sur la densité
atomique observée permet de déterminer le centre du nuage. La position verticale du
centre du nuage est représentée sous forme d’écarts-types d’Allan figure v.1.

101 102 103 104
10−7

10−6

Temps d’intégration [s]

Éc
ar

t-
ty

pe
d’

A
lla

n
de

la
po

sit
io

n
ce

nt
ra

le
du

nu
ag

e
[m ] Avant transport

Après transport
Différence

Figure v.1 – Stabilité de la distance de transport Δ𝑧. En bleu et en orange sont
représentées les stabilités respectivement des positions 𝑧𝑖 initiale et 𝑧𝑓 à l’issue du
transport. En vert est représenté l’écart-type d’Allan de la différence entre les deux
positions 𝑧𝑓 − 𝑧𝑖.

Sur le court terme, la mesure de la stabilité des positions est limitée par le bruit de
mesure, particulièrement pour la position initiale dans la chambre du bas où la caméra
a un bruit de lecture plus élevé. Sur une période d’environ 5 minutes, les fluctuations
thermiques dues au cycle de refroidissement de la climatisation du laboratoire limitent la
stabilité des deux positions. Cependant, la différence 𝑧𝑓 − 𝑧𝑖 = Δ𝑧 présente un caractère
beaucoup plus stable et s’intègre approximativement comme du bruit blanc sur plusieurs
heures, ce qui confirme que la stabilité de la distance transportée est moins sensible
aux oscillations de température, et est ici limitée par le bruit de mesure. Toutefois, sur
des durées plus longues de quelques heures, les corrélations entre 𝑧𝑓 et 𝑧𝑖 s’atténuent,
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probablement à cause de mouvements liés à la déformation du bâti lui-même qui induisent
des variations de la distance entre les deux caméras.

V.1.2 Mesure de la distance au miroir

Avec l’ascenseur de Bloch, nous sommes donc en capacité de transporter les atomes
sur une distance Δ𝑧 contrôlée et stable. Mais cela ne nous donne pas encore la distance𝑧0 entre le miroir interne et les atomes à l’issue du transport : il reste à déterminer la
distance 𝑧mir entre le miroir interne et la position initiale des atomes, au niveau du piège
dipolaire croisé.

Nous ne pouvons pas utiliser l’imagerie d’absorption pour mesurer la distance atomes–
miroir à cause de l’impossibilité discutée en iii.6.1 d’imager directement la surface du
miroir. Une alternative pour déterminer 𝑧mir consiste à utiliser les atomes comme sonde
et la surface du miroir comme obstacle, de manière similaire à [Sor09]. Quand le centre
du nuage atomique est transporté au contact de la surface, une fraction des atomes
(les atomes poussés « dans » le miroir) quitte le piège du réseau optique, soit en étant
repoussée par la surface, soit en s’adsorbant sur la surface. Le nombre d’atomes imagés par
fluorescence à la fin du transport est alors plus faible que lorsque le nuage est transporté
loin du miroir (schéma v.2).

Δ𝑧 𝑧mir

Figure v.2 – Schéma du protocole de mesure de la distance 𝑧mir entre le miroir et la
position des atomes en fin d’évaporation. Le nuage atomique est transporté au contact
du miroir sur la distance Δ𝑧. La partie du nuage au contact du miroir est perdue, et en
mesurant le nombre d’atomes détectés en fonction de Δ𝑧, on peut remonter à 𝑧mir.

Si l’on suppose une distribution de densité atomique gaussienne autour du centre du
nuage atomique à la position 𝑧0𝑔(𝑧, 𝑧0) = Nat√2𝜋𝜎𝑧 e− (𝑧−𝑧0)2)2𝜎𝑧2 , (v.3)

le nombre d’atomes détectés est alors deN(Δ𝑧) = Nat ∫+∞0 𝑔(𝑧, 𝑧mir − Δ𝑧) d𝑧 (v.4)= Nat2 (1 + erf(𝑧mir − Δ𝑧√2𝜎𝑧 )) (v.5)

En réalisant un ajustement du nombre d’atomes transportés en fonction de la distance, on
peut donc en extraire la distance 𝑧mir et la taille du nuage 𝜎𝑧, comme illustré figure v.3.
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Figure v.3 – Nombre d’atomes détectés dans le piège mixte selon la distance de transport.
Un ajustement par une fonction d’erreur permet d’extraire la position du miroir 𝑧mir et la
taille du nuage 𝜎𝑧. Ici, 𝑧mir = 302 356,9 µm et 𝜎𝑧 = 3,6 µm.

La taille du nuage, après la compression adiabatique en fin d’évaporation, est ainsi
mesurée entre 3 et 4 µm selon les configurations expérimentales.

On peut étudier la stabilité du contrôle de la distance atomes–miroir en répétant cette
procédure au cours du temps. On obtient ainsi des mesures telles que celles présentées
figure v.4, dont les écarts-types d’Allan sont représentés v.5.

Dans les conditions usuelles de l’expérience (fig. v.4a), la stabilité des mesures de 𝑧mir
et 𝜎𝑧, de l’ordre de 5 µm/√

Hz, est uniquement limitée à court terme par l’incertitude
liée à l’ajustement exponentiel. Après plusieurs heures de mesures, la sensibilité sur 𝑧mir
atteint un plancher de 0,1 µm (fig. v.5a). Occasionnellement, on constate cependant des
fluctuations sur quelques heures de 𝑧mir sur plusieurs micromètres, typiquement lors
de modifications de la séquence expérimentale (fig. v.4b). Cet effet est attribué aux
perturbations de la température d’équilibre des optiques du piège dipolaire induites par
la différence de durée de cycle entre les deux configurations de séquence.

En pratique, pour pouvoir suivre les fluctuations long terme de 𝑧mir pendant des
mesures de force à courte distance, des mesures de position sont effectuées régulièrement,
toutes les trente minutes, entrelacées aux mesures de force (fig. v.6). Avec cette mesure
de 𝑧mir, et maîtrisant la distance transportée Δ𝑧, on connaît ainsi la distance 𝑧0 entre
atomes et surface pendant la mesure de force, avec une incertitude inférieure au micron.

Une incertitude systématique sur 𝑧0 reste présente, liée au caractère piégeant ou non
des deux puits du piège mixte les plus proches du miroir. En effet, pour perturber au
minimum la température d’équilibre de l’expérience, les séquences expérimentales de
mesure de 𝑧mir sont effectuées avec le même type de séquence que les mesures de force,
avec la détection des atomes réalisée après le transfert dans le piège mixte. Si le premier
ou les deux premiers puits ne sont pas piégeant, cela rajoute un biais sur la mesure
de 𝑧mir et de 𝜎𝑚 de 1 ou 2 × 𝜆𝑙/2. Cette incertitude de 532 nm au plus sur la distance
des atomes au miroir n’a pas été prise en compte dans les mesures présentées par la
suite. L’incertitude sur la taille du nuage reste relativement faible, et son impact sur
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(b) Mesure pendant une relaxation de la température

Figure v.4 – Mesures de la distance miroir-piège dipolaire 𝑧mir sur plusieurs heures, a)
dans des conditions stationnaires, b) après un changement des paramètres de la séquence
expérimentale de mesure.
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Figure v.5 – Écarts-types d’Allan de la position du miroir relative au piège dipolaire
et de la taille du nuage, estimés en transportant le nuage atomique partiellement dans
le miroir. Les variances bleues sont celles d’une mesure qui est restée stable (fig. V.4a),
celles en orange correspondent à une mesure où la température a fluctué (fig. V.4b).
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Figure v.6 – Évolution de la distance entre le miroir interne et le piège dipolaire pendant
une semaine, en parallèle d’une série de mesure de force (mesure différentielle octobre
fig. V.12). La distance a sauté brutalement d’une douzaine de micromètres entre deux
mesures avant de revenir à la distance initiale quelques jours plus tard, un phénomène
inexpliqué.
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l’estimation de l’effet attendu des forces de Casimir-Polder reste négligeable.

V.2 Mesures de forces à courte distance
V.2.1 Protocole de mesure

Nous avons vu (éq. (ii.46)) que la phase d’un interféromètre de Ramsey est donnée,
en l’absence de saut de phase et de déplacement lumineux des Raman, par l’équation𝜑 = 2𝜋(𝜈R − Δ𝑚 𝜈B − 𝜈HFS) TR. (v.6)

Pour mesurer la fréquence de Bloch 𝜈B, nous déterminons la fréquence Raman 𝜈0R qui
annule la phase de l’interféromètre et qui correspond à la frange centrale de la figure
d’interférence. On extrait alors la fréquence de Bloch de la relation𝜈0R = Δ𝑚 𝜈B + 𝜈HFS. (v.7)

Expérimentalement, on détermine la position de la frange centrale en superposant
les franges obtenues en balayant 𝜈R pour différentes durées d’interrogation T. La frange
centrale est celle qui « reste en place », comme illustré sur la figure v.7. Une fois la frange
centrale identifiée, on asservit la fréquence 𝜈R sur la fréquence centrale 𝜈0R en utilisant
un schéma d’intégrateur numérique [Pel13b] : on mesure la probabilité de transition à
mi-frange alternativement de part et d’autre de la frange et on rectifie à chaque itération
l’estimation préalable de la fréquence centrale 𝜈0R pour tendre vers des probabilités de
transition égales de chaque côté.

Par rapport à un ajustement sinusoïdal de la probabilité de transition P𝑒(𝜈R), nous
gagnons de cette façon en sensibilité en n’effectuant les mesures qu’à mi-frange, là où
la probabilité de transition est la plus sensible à la fréquence Raman. Nous sommes
ainsi capables de mesurer la fréquence 𝜈0R et de suivre ses fluctuations temporelles, avec
toutefois une bande passante de quelques cycles de mesure, correspondant à la constante
de temps de l’intégrateur numérique.

Comme on le remarque figure v.7, la fréquence 𝜈0R ne correspond pas exactement
à un sommet de frange, qui sera la valeur extraite par l’intégrateur numérique. Cela
est dû au déplacement lumineux différentiel des Raman qui ajoute un terme de phase2𝛿AC/ΩΔ𝑚 (éq. (ii.46)) et décale donc les franges d’une phase indépendante de T. La
mesure de fréquence de Bloch peut être biaisée par ce déplacement lumineux, mais en
réalisant le protocole de mesure différentielle présenté ci-dessous, ce biais est éliminé de
notre estimation de fréquence de Bloch, tant que toutes les mesures sont effectuées avec
la même durée d’interrogation T.

L’interféromètre de Ramsey simple est également sensible à la fréquence hyperfine qui
peut être biaisée par les déplacements lumineux différentiels des lasers de piégeage ou par
l’effet Zeeman quadratique. Pour mesurer la fréquence de Bloch indépendamment des
fluctuations de la fréquence hyperfine, nous réalisons une mesure différentielle entre les
transitions +Δ𝑚 et −Δ𝑚 en entrelaçant les mesures de phase sur les deux transitions.
En notant 𝜈±R la fréquence Raman de la frange centrale des transitions respectives ±Δ𝑚,
leur demi-différence vaut 𝜈+R − 𝜈−R2 = Δ𝑚 𝜈B. (v.8)
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Figure v.7 – Franges interférométriques pour des durées d’interrogation T différentes,
avec l’ajustement sinusoïdal correspondant en pointillés. La phase nulle est située aux
alentours de 3409 Hz. Les franges sont décalées d’une fraction d’interfrange par rapport à
la fréquence de phase nulle à cause du déplacement lumineux différentiel des faisceaux
Raman 𝛿AC.

On s’affranchit ainsi des biais de la fréquence d’horloge et des leurs fluctuations, liées en
particulier aux cycles de la température ambiante de l’expérience.

Cette mesure différentielle de 𝜈B reste cependant impactée par les effets systématiques
qui biaisent les mesures de fréquence Raman en sens opposés pour les transitions +Δ𝑚
et −Δ𝑚. C’est le cas de toute force parasite, et en particulier de la force dipolaire
liée au gradient d’intensité longitudinal des lasers de piégeage, mais aussi de l’effet du
déplacement lumineux à 2 photons liés aux couplages non résonnants vers les autres
états de Wannier-Stark. Cependant, comme nous nous ne cherchons pas ici à réaliser une
mesure absolue de la force, comme sur un gravimètre, mais plutôt à mesurer l’influence
de la surface sur la force exercée sur les atomes, nous pouvons nous affranchir de ces
effets systématiques en effectuant des mesures différentielles en position. Nous avons
réalisé ces mesures différentielles en comparant la force mesurée à la distance voulue avec
une mesure à une position de référence à 300 ou 400 µm du miroir, là où les variations de
force avec la distance sont nulles. Pour éliminer d’éventuelles fluctuations des biais, les
mesures aux deux positions sont entrelacées 1.

Un avantage de ces mesures différentielles de force par rapport à la soustraction de
la pesanteur, mesurée séparément, aux mesures de force est de ne pas requérir une très
bonne connaissance de la pesanteur ni de la longueur d’onde du réseau du Verdi. En
effet, l’exactitude sur la mesure de force est liée à la connaissance de la séparation des
paquets d’onde dans l’interféromètre, et donc à la connaissance de la longueur d’onde du
laser formant le réseau optique. Des mesures de forces différentielles au niveau du pour
cent ne nécessitent une connaissance et un contrôle de la longueur d’onde qu’au même
niveau. Pour atteindre un niveau d’exactitude souhaité, nous n’avons pas eu besoin du

1. En plus de l’entrelacement des transitions ±Δ𝑚
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système de verrouillage en fréquence du laser Verdi présenté dans [Pel13b] ; nous sommes
contenté de la stabilité passive du laser qui reste dans des conditions de fonctionnement
stationnaire bien inférieure au GHz sur plusieurs jours, ce qui correspond à une stabilité
relative de 10−6.

V.2.2 Éventuels biais sur la mesure de force
Effets systématiques des lasers de piégeage et d’interrogation

Avec ce protocole de mesure différentielle sur la position, nous rejetons un grand
nombre d’effets systématiques, y compris les biais de force tant qu’ils ne dépendent pas
(ou peu) de la distance au miroir. Nous recensons ici ces différents effets liés aux lasers
de piégeage et d’interrogation et évaluons l’impact de leur dépendance éventuelle à la
distance au miroir.

Laser IR Le laser IR est le laser avec le plus fort potentiel dipolaire (UIR = ℎ×29 kHz),
et le plus focalisé (𝑤0 = 190 µm) , ce qui génère un gradient longitudinal de force dipolaire,
auquel nous pourrions être sensible malgré la mesure différentielle. Dans le pire des cas
où les atomes sont placés en son col, la différence de force longitudinale exercée entre les
points 𝑧 et 𝑧 + δ𝑧 vaut FIR(𝑧 + δ𝑧) − FIR(𝑧) ≈ ∂FIR∂𝑧 δ𝑧 (v.9)≈ 2 δ𝑧𝑧02 UIR(𝒓, 𝑧) (v.10)

avec 𝑧0 = 10 cm la longueur de Rayleigh du laser. La différence sur la fréquence de Bloch
entre deux positions distantes de 400 µm est dans ce pire des cas de 0,6 mHz, deux fois
plus faible que la meilleure sensibilité atteinte. Le gradient de force dû au caractère
gaussien des faisceaux est donc négligeable avec notre sensibilité actuelle.

Cependant, comme nous l’avons vu en iv.1.4, la lumière du faisceau IR est légèrement
diffusée par la rugosité de surface du miroir interne, ce qui génère des tavelures sur le
potentiel de piégeage et des inhomogénéités de force. Ce phénomène pourrait également
perturber la valeur du potentiel moyen exercé sur les atomes, et ainsi ajouter une force
dépendant de la distance au miroir supplémentaire à celle de la forme purement gaussienne
du faisceau.

En utilisant le même code de simulation qu’en iv.1.4, j’ai estimé la dépendance de
la fréquence de Bloch moyenne à la distance au miroir. Comme on le constate figure
v.8, selon le profil exact de rugosité considéré, les tavelures peuvent ajouter au voisinage
du miroir un biais sur la fréquence de Bloch moyenne d’au maximum 5 × 10−4 Hz mais
qui dépend peu de la distance au miroir. Au seuil de sensibilité où nous sommes, nous
n’avons donc pas à nous préoccuper de cet effet.

J’ai réalisé des mesures différentielles en utilisant deux puissances IR différentes pour
confirmer expérimentalement l’absence d’effet détectable sur la force dépendant de la
distance au miroir. Deux séries de mesures ont été prises, l’une en octobre 2022, la
deuxième en mai 2023. Le résultat des mesures est présenté figure v.9. Les mesures loin
de la surface montrent la présence d’une force parasite qui varie peu avec la distance,
d’environ 5 × 10−29 N pour la série 2, ce qui correspond à un waist du faisceau IR placé
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Figure v.8 – Simulation de la valeur absolue de la force moyenne générée par la diffusion
d’un faisceau gaussien par une rugosité de surface du miroir de moyenne quadratique5,5 Å. Chaque ligne orange représente la force dipolaire moyenne calculée pour un tirage
aléatoire donné de profil de rugosité (en conservant toujours la même densité spectrale
de bruit de rugosité). En vert est représentée la force dipolaire créée par la forme d’un
faisceau gaussien idéal. La ligne en pointillés représente la meilleure sensibilité atteinte
de l’expérience. Les paramètres de simulation sont les mêmes que pour la figure IV.8, avec
waist incident de 190 µm au niveau du miroir et une puissance de 0,5 W.
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approximativement à 1 cm en dessous des atomes. Les mesures plus proches de la surface
sont quant à elles moins stables, en particulier pour la série 2 2, mais aucune dépendance
de la force dipolaire de l’IR à la distance au miroir n’est clairement résolue.

−0,1
0

0,1
0,2

Fo
rc

e
di

po
la

ire
ex

er
cé

e
pa

r
le

fa
isc

ea
u

IR
[rN]

0 100 200 300 400 −5
0
5

×10−2

Distance au miroir [µm]
δ𝜈 B[Hz]

Mesure 1
Mesure 2

Figure v.9 – Effet du laser IR sur les mesures de forces au voisinage du miroir. La force
parasite est évaluée pour une puissance usuelle de 0,54 W à partir de la différence de
force entre des mesures à deux puissances IR différentes, à 0,54 W et 1,0 W. La série de
mesure 1 a été réalisée en octobre 2022, la série 2 en mai 2023, après l’illumination UV.

Laser Verdi Le laser Verdi étant moins intense que l’IR (UV = ℎ × 15 kHz) et avec un
plus gros waist (𝑤V = 570 µm), son effet attendu est un millier de fois plus faible que
celui de l’IR et est totalement négligeable.

Lasers Raman Les lasers Raman pourraient avoir un effet, soit par la force dipolaire,
soit par le déplacement lumineux à deux photons, proportionnel à l’intensité lumineuse
des faisceaux Raman (éq. (ii.37)). L’impact éventuel des faisceaux Raman sur la mesure
de force a été étudié expérimentalement (fig. v.10). Aucun effet résolu de leur intensité
n’a été observé, et encore moins une dépendance à la distance.

Au niveau de résolution que nous avons, les différents lasers de piégeage et
de mesure n’ont donc au final pas de dépendance à la distance clairement per-
ceptible, et ne biaisent pas au niveau actuel de sensibilité nos mesures de force
différentielles.

Rayonnement du corps noir

2. Il faut noter que ces mesures ont été réalisées après l’illumination par de l’UV présentée plus tard
en vi.3 et vi.4, à partir de laquelle les mesures de force sont notablement instables.
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Figure v.10 – Impact de la puissance des lasers Raman sur les mesures de force au
voisinage du miroir. La force parasite est évaluée à partir de la différence de force entre des
mesures à deux puissances Raman différentes, respectivement telles que ΩΔ𝑚 = 2𝜋×40 Hz
et ΩΔ𝑚 = 2𝜋 × 20 Hz.

De la même façon qu’une onde laser, le rayonnement du corps noir génère une force
dipolaire. Pour un rayonnement de corps noir parfait et isotropique émanent d’une source
à la température T, ce potentiel vaut [Has18]ΔUBBR = −2𝛼0𝜎T4𝑐𝜀0 (v.11)

où 𝜎 est la constante de Stefan-Boltzmann.
Dans notre cas d’un miroir de rayon R = 6,4 mm, que l’on suppose ici à une tem-

pérature uniforme T𝑚, placé dans la chambre à vide de température uniforme T0, ce
potentiel vaut à la distance 𝑧0 du miroirΔUBBR(𝑧) = −𝛼0𝜎𝑐𝜀0 (T04 + T𝑚4 + (T04 − T𝑚4) 𝑧0√R2 + 𝑧02 ) . (v.12)

Ce potentiel génère une force associéeFBBR(𝑧) = 𝛼𝜎𝑐𝜀0 R2(R2 + 𝑧02)3/2 (T04 − T𝑚4) (v.13)

Si la température du dispositif expérimental n’est pas uniforme, le rayonnement du
corps noir peut donc générer une force attractive en direction des zones les plus chaudes.
Cette force a déjà été observée sur un interféromètre en chute libre [Has18], et l’on peut
se demander si la proximité d’une surface potentiellement chauffée par les lasers qui la
traversent peut nous rendre sufÏsamment sensibles à cet effet pour qu’il puisse biaiser
nos mesures.

Comme on le peut constater figure v.11 en utilisant le modèle simple (v.13), la force
du rayonnement du corps noir est totalement négligeable dans le cas où l’on considère
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Figure v.11 – Force générée par le rayonnement du corps noir, pour un miroir modélisé
par un disque de rayon 5 mm à 315 K dans un environnement uniforme à 300 K

que le miroir est uniformément chaud. En revanche, si l’on considère un point chaud
de seulement 50 µm de rayon à une température de 310 K dans un environnement à300 K , la force pourrait atteindre quelques 10−30 N tout en évoluant sur une centaine de
micromètres.

Dans notre cas d’usage d’un miroir avec une température mesurée au niveau de son
support de 43 ∘C, nous sommes donc insensibles au rayonnement du corps noir, mais une
variante de l’expérience spécialement conçue pour, avec une surface absorbante et avec
une faible diffusion thermique, chauffée par un laser focalisé, pourrait être sensible à cet
effet.

V.2.3 Force au voisinage du miroir

J’ai effectué trois premières séries de mesures réalisées avec le protocole présenté pré-
cédemment durant une période allant d’août à octobre 2022 où l’expérience a fonctionné
quasiment en permanence : deux mesures non différentielles en position, et une mesure
différentielle avec un suivi régulier de la distance au miroir. Les résultats de ces mesures
sont présentés figure v.12. Une autre série de mesures différentielles a été réalisée en
février 2023, après plusieurs périodes d’interruption de l’expérience. Chaque série de
mesures a été prise sur un intervalle d’une semaine environ.

On constate immédiatement sur la figure v.12 que la force mesurée diffère significati-
vement de la force de Casimir-Polder attendue, qui est représentée en tirets violets. Là
où cette dernière devrait être totalement imperceptible au-delà des 20 µm de distance au
miroir, on observe une force d’une portée d’une centaine de micromètres. Au contact du
miroir, la force totale observée est environ le double de celle attendue compte tenu des
prédictions théoriques des interactions de Casimir-Polder (sec. ii.3.2).

Comme on le constate figure v.12, les trois premières séries de mesures, réalisées sans
interruption de l’expérience, montrent une certaine stabilité de la force à courte distance,
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Figure v.12 – Mesures de force au voisinage du miroir.

même si les mesures d’octobre (en vert) sont presque systématiquement au-dessus des
premières mesures effectuées en août (en bleu) et en septembre (en orange). Cependant,
on observe une évolution de la force et une instabilité des mesures lors d’une autre série de
mesure, réalisée au mois de novembre 2022, après l’interruption de l’expérience pendant
près d’un mois (fig. v.13). À la reprise des mesures, la force est de deux fois plus faible que
lors de la série précédente d’octobre, mais sur une durée de quelques jours, l’amplitude
de la force augmente jusqu’à se stabiliser au voisinage du niveau précédent.

Nous sommes donc en présence d’une force supplémentaire parasite, qui avait atteint
un régime permanent lors des mesures continues entre août et octobre. Son intensité
avait diminué avec l’extinction de l’expérience, avant d’augmenter vers un nouvel état
stationnaire avec la reprise des mesures. Les toutes premières mesures montrent un
accroissement assez rapide de cette force parasite, d’environ 1,2 %/min pendant les
mesures de force. Les mesures réalisées quelques jours plus tard à la fin de la série
montrent quant à elles un comportement plus stable, sans variations discernables de la
fréquence de Bloch sur les quelques heures de mesures.

La présence d’une telle force parasite n’est pas vraiment une surprise. Les expériences
réalisées précédemment dans le groupe de Cornell [McG04 ; OWC07], avec des atomes
de rubidium au voisinage d’une surface diélectrique ou métallique, avaient déjà mis en
évidence la présence de forces parasites d’origine électrostatique, liées au gradient de
champ électrique créé par le dépôt d’atomes de rubidium adsorbés sur la surface. Dans la
section suivante, je présenterai l’origine de cette force électrostatique, et une modélisation
possible de cette force pour expliquer les observations.
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Figure v.13 – Mesures de force au voisinage du miroir, après un mois d’arrêt de
l’expérience. Les mesures réalisées préalablement à l’interruption sont représentées en
vert ; la couleur des mesures effectuées à la reprise (marqueur carré) indique la date de la
mesure. On constate que la force augmente avec le temps.

V.3 Forces électrostatiques
V.3.1 Forces électrostatiques et atomes adsorbés

Comme nous l’avons vu équation (i.4), un champ électrique crée un potentiel sur
les atomes. Nous n’avions considéré jusqu’ici que l’effet de champs électriques oscillants,
mais de la même façon un champ électrostatique produit par effet Stark un potentielUE(𝒓) = 𝛼02 |𝐄(𝒓)|2 (v.14)

en notant 𝛼0 la polarisabilité statique de l’atome considéré.
Un champ électrique uniforme n’a pas d’impact sur notre mesure de force, mais

en présence d’un gradient de champ électrique, les atomes ressentent une force
additionnelle : 𝐅E(𝒓) = −∇UE(𝒓). (v.15)

Avec notre capteur, nous ne sommes sensibles qu’à la composante verticale de cette
force FE(𝒓) = −𝛼0 (E𝑥(𝒓)∂E𝑥∂𝑧 + E𝑦(𝒓)∂E𝑦∂𝑧 + E𝑧(𝒓)∂E𝑧∂𝑧 ) . (v.16)

Dans notre expérience, notre miroir est neutre, et nous ne devrions pas avoir de
champs électriques résiduels. Mais lorsque des atomes de rubidium sont adsorbés sur une
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surface, ils acquièrent un moment dipolaire 𝝁 et génèrent un champ électrique parasite𝐄dip.
Ce phénomène a déjà perturbé les premières études des interactions de Casimir-Polder

par le groupe de Cornell [McG04 ; OWC07]. Plus récemment, ce problème est revenu
sur le devant de la scène avec les expériences d’atomes de Rydberg, très sensibles aux
champs électriques, refroidis sur puce atomique, et donc piégés au voisinage d’une surface
[Tau10 ; Hat12 ; Cha14 ; Sed16 ; Dav18].

Dans notre cas, la pollution du miroir par l’adsorption d’atomes est inévitable. Même
si la mise en place du miroir dans une deuxième chambre à vide, distante de celle où est
effectué le refroidissement des lasers, limite fortement le flux de rubidium au voisinage
de la surface, une partie des atomes transportés dans l’ascenseur de Bloch ne sont pas
ralentis lors de la phase de décélération et un nuage de plusieurs dizaines de milliers
d’atomes est lancé sur la surface à chaque cycle de mesure.

La physico-chimie des processus d’adsorption des alcalins sur une surface est un
phénomène complexe [McG04]. Dans le cas d’un atome et d’une surface métallique, il
se crée une liaison à caractère partiellement ionique avec un transfert de charge entre
l’atome et la surface. L’atome partiellement chargé et son image négative dans le substrat
créé un moment dipolaire d’une valeur typiquement d’une dizaine de Debye. Pour un
atome et un isolant tel que la silice, matériau qui constitue la couche externe de notre
miroir interne, la liaison s’effectue à priori sans transfert de charge et est de type liaison
de van der Waals. La présence de la surface sufÏt cependant à perturber les orbitales
électroniques et à générer un dipôle électrique de plus faible amplitude, estimé à 3,2 D
dans [OWC07].

Les atomes adsorbés vont progressivement se désorber ou diffuser sur la surface,
diminuant alors l’amplitude des champs électriques produits. La vitesse de ce processus
dépend exponentiellement de la température du substrat [OWC07]. À température
ambiante, la durée caractéristique de ce processus a été mesurée approximativement à6 × 105 s, soit environ une semaine.

Le phénomène d’affaiblissement de la force parasite lors de l’extinction de l’expérience
(illustré fig. v.13) s’explique simplement par ce processus de désorption ou de diffusion
des atomes. En revanche, quand l’expérience fonctionne en continu, nous finissons par
atteindre un état d’équilibre entre le lancer sur la surface de nouveaux atomes et leur
désorption et la force atteint une valeur stationnaire.

V.3.2 Modélisation

En l’absence de mesures directes des champs électriques parasites, nous allons dans
un premier temps essayer d’établir un modèle de distribution d’atomes adsorbés qui
permette d’expliquer nos mesures de force.

On modélise la distribution de moments dipolaires engendrés par les atomes adsorbés
sur le miroir par une distribution gaussienne de largeur 𝜎𝜇 de N moments 𝝁 orthogonaux
à la surface. Puisque le dépôt d’atomes est dû à des atomes lancés par l’ascenseur de
Bloch, on peut considère que la distribution de moments possède un axe de symétrie
identique à celui du nuage atomique utilisé pour la mesure (fig. v.14).

Le champ électrique produit par une telle distribution se calcule assez simplement
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N𝜇𝜎𝜇𝑧 𝜎𝑥
Figure v.14 – Schéma de la modélisation de la distribution de moments dipolaires

sur l’axe de symétrie 𝑟 = 0 et vautE𝑧(𝑧, 𝑟 = 0) = N𝜇√2𝜋 (𝑧2 + 𝜎2𝜇) erfcx ( 𝑧√2𝜎𝜇 ) − 2𝑧𝜎8𝜋𝜀0𝜎𝜇5 (v.17)

où erfcx ∶ 𝑥 ↦ 𝑒𝑥2(1 − erf 𝑥). On en déduit alors l’expression de la force électrostatique
exercée sur les atomes sur l’axe de symétrie.FE(𝑧) = −𝛼0E𝑧(𝑧, 𝑟 = 0)dE𝑧

d𝑧 . (v.18)

Plutôt que de ne considérer la force électrostatique que sur l’axe de symétrie du
système, on peut également prendre en compte l’étalement horizontal du nuage, modélisé
par une fonction gaussienne de densité atomique 𝑛at(𝑟) de taille 𝜎𝑥. L’expression de la
force verticale moyenne n’est alors plus analytique et nécessite de calculer numériquement
l’intégrale FE(𝑧) = −𝛼0 ∫+∞0 2𝜋𝑟 𝑛at(𝑟) (E𝑧(𝑧, 𝑟)dE𝑧

d𝑧 + E𝑥(𝑧, 𝑟)dE𝑥
d𝑧 ) d𝑟 (v.19)

avec le champ électrique au point (𝑧, 𝑟) égal à𝐄(𝑧, 𝑟) = ∬ N2𝜋𝜎𝜇2 exp (−𝑥2 + 𝑦22𝜎𝜇2 ) 𝐄dip(𝑥 − 𝑟, 𝑦, 𝑧) d𝑥 d𝑦 (v.20)

(v.21)

en notant 𝐄dip le champ généré par un dipôle électrostatique vertical.
Pour le calcul numérique du champ, cette intégrale peut partiellement se simplifier

pour sa composante verticale en l’expressionE𝑧(𝑧, 𝑟) = ∫ d𝑥 N𝜇16𝜋2𝜀0𝜎𝜇6 e− 𝑥22𝜎𝜇2 ((𝑧2 + 𝜎𝜇2)K𝑒0((𝑥 − 𝑟)2 + 𝑧24𝜎𝜇2 )−𝑧4 − 𝑧2𝜎𝜇2 + (𝑥 − 𝑟)2(𝑧2 + 𝜎𝜇2)(𝑥 − 𝑟)2 + 𝑧2 K𝑒1((𝑥 − 𝑟)2 + 𝑧24𝜎𝜇2 )) (v.22)
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en notant K𝑒𝑣 ∶ 𝑥 ↦ e𝑥 K𝑣(𝑥) avec K𝑣 les fonctions de Bessel modifiées de la seconde
espèce d’ordre 𝑣. La composante horizontale du champ E𝑥(𝑧, 𝑟) peut se calculer de la
même façon :E𝑥(𝑧, 𝑟) = ∫ d𝑥 N𝜇16𝜋2𝜀0𝜎𝜇6 e− 𝑥22𝜎𝜇2 (𝑥 − 𝑟)𝑧(K𝑒0((𝑥 − 𝑟)2 + 𝑧24𝜎𝜇2 )−(𝑥 − 𝑟)2 + 𝑧2 − 2𝜎𝜇2(𝑥 − 𝑟)2 + 𝑧2 K𝑒1((𝑥 − 𝑟)2 + 𝑧24𝜎𝜇2 )). (v.23)

On peut alors calculer le champ électrique généré par notre distribution gaussienne
de moments dipolaires (fig. v.15) et ainsi la force moyenne exercée par les atomes.
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Figure v.15 – Norme quadratique du champ électrique produit par une distribution
gaussienne de N moments dipolaires répartis à la surface du miroir sur une taille 𝜎𝜇.
Calcul effectué pour N𝜇 = 109 × 3,2 D et 𝜎𝜇 = 100 µm.

V.3.3 Ajustement du modèle sur les mesures
On obtient de cette façon un modèle de force avec comme paramètres inconnus la

taille de la distribution de moments 𝜎𝜇 et la quantité de moments dipolaires totale Ν𝜇.
Ces paramètres peuvent être estimés en réalisant un ajustement de cette force modèle

sur nos mesures de force. Pour ne pas prendre en compte les interactions de Casimir-Polder
dans l’ajustement, on effectue celui-ci seulement sur la plage 𝑧0 > 20 µm, là où la force
de Casimir-Polder est négligeable. En utilisant le jeu de mesures le plus complet, celui
d’octobre sur la figure v.12, on obtient par une méthode des moindres carrés l’ajustement
présenté figure v.16.

Pour une taille horizontale de nuage de 𝜎𝑥 = 50 µm, l’ajustement donne les paramètres
suivant 𝜎𝜇 = 84(9) µm et N = 2,0(6) × 1010 atomes en prenant 𝜇 = 3,2 D. Ces quantités
sont cohérentes compte tenu du lancement continu de plusieurs dizaines de milliers
d’atomes sur la surface pendant plusieurs mois. La plus large distribution des moments𝜎𝜇 que la taille horizontale du nuage 𝜎𝑥 peut s’expliquer par la diffusion progressive des
atomes adsorbés sur la surface du miroir.

Si l’on considère uniquement la force électrostatique sur l’axe central en utilisant
l’expression du champ électrique (v.17), la force ajustée est exactement de la même
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Figure v.16 – Ajustement du modèle de force électrostatique sur les mesures de force
réalisées à plus de 20 µm du miroir

forme, avec comme paramètres 𝜎𝜇 = 90(9) µm et N = 2,0(6) × 1010 et un temps de calcul
beaucoup plus rapide.

Le champ électrique attendu dans le cadre de ce modèle ajusté est illustré figure v.17.
Ce champ électrique prédit par notre modèle est d’une intensité comparable aux champs
mesurés sur d’autres expériences également produits par des atomes adsorbés sur une
surface. Par exemple :

— à 80 µm de distance de la surface, nous devrions avoir un champ de 9,5 V/cm là
où [Hat12] a mesuré un champ de 6 V/cm dans un régime qui n’était pas encore
saturé ;

— à 10 µm de miroir, notre champ électrique est estimé à 27 V/cm, contre 19 V/cm
estimé dans [OWC07] ;

— la même expérience a mesuré des gradients de champs de plus de 1,6 × 108 V/m2
dans un régime non saturé, contre 5 × 107 V/m2 dans notre cas, mais pour des
atomes de rubidium adsorbés sur une surface d’yttrium, avec un moment dipolaire
associé dix fois plus important que du rubidium sur de la silice.

Notre modèle de distribution gaussienne de moments dipolaires est donc cohérent avec
ces autres mesures.

V.3.4 Mise en évidence de l’effet Casimir-Polder
Ce modèle électrostatique a été ajusté uniquement sur la plage 𝑧0 > 20 µm où la force

de Casimir-Polder est négligeable, mais on peut également s’intéresser à son extrapolation
à des distances plus proches du miroir.

En soustrayant la force électrostatique prédite par notre modèle électrostatique aux
mesures de force, on obtient les points violets figure v.18. L’incertitude associée est
surtout limitée par l’incertitude sur l’ajustement.

On constate un bon accord entre la force de Casimir-Polder attendue et les mesures de
force corrigées, ce qui constitue un résultat remarquable. En effet, bien que nous ne soyons
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Figure v.17 – Champ électrique et son gradient prédits par le modèle de distribution
gaussienne de moments ajusté sur les mesures de force.
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Figure v.18 – Corrections des mesures des forces par le modèle de force électrostatique.
Les incertitudes sur les mesures de force prennent en compte l’incertitude du modèle
issue de l’ajustement. La zone d’incertitude sur l’effet Casimir est liée à l’incertitude sur
l’épaisseur du nuage.
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pas encore capable de réaliser une mesure métrologique de la force de Casimir-Polder, à
cause du fort effet de moyennage de la fréquence de Bloch à l’échelle du nuage et de la
présence de la force électrostatique qui n’est ici que modélisée, il s’agit de la première
mise en évidence directe de la force de Casimir-Polder en tant que force (plutôt que
gradient de force) à des distances de quelques micromètres, et en particulier entre 3
et 5 µm dans le régime de transition entre le régime de Casimir-Polder et le régime de
Lifshitz (sec. i.2).

V.4 Transitions uniques
La force parasite électrostatique, de même amplitude que les effets attendus des

interactions de Casimir-Polder, nous limite pour mettre en évidence ces interactions. Une
solution de contournement serait de parvenir à mesurer les fréquences de transitions
uniques, c’est-à-dire des transitions individuelles entre états de Wannier-Stark uniques.
Comme nous l’avons vu en ii.3.2, la force de Casimir-Polder a un effet beaucoup plus
important sur la fréquence de Bloch des transitions uniques pour les puits les plus proches
du miroir que celle que l’on obtient en moyennant sur l’ensemble des puits occupés par le
nuage atomique de 3,5 µm d’épaisseur.

Comme on peut le constater figure v.19, pour les puits les plus proches du miroir,
le décalage en fréquence de Bloch lié aux forces de Casimir-Polder domine largement
le décalage dû aux forces électrostatiques. Mesurer l’énergie de ces transitions uniques
permettrait donc de de mesurer directement les forces de Casimir-Polder à une distance
micrométrique du miroir, un régime de distance où l’impact des forces électrostatiques
pourrait être négligé.

Pour observer ces transitions entre puits uniques, il est nécessaire de réussir à lever
la dégénérescence de l’échelle de Wannier-Stark pour ne sélectionner que les atomes
dans un puits 𝑚 donné. Pour lever cette dégénérescence, plusieurs techniques ont été
imaginées, soit en superposant un deuxième réseau optique pour créer un super-réseau
[Per09], soit en utilisant l’effet Zeeman dans un champ magnétique inhomogène [Sch04].
Malheureusement, elles n’ont pas encore été mises en place avec succès sur l’expérience
[Ala18a], mais à proximité du miroir, nous avons immédiatement un effet capable de
lever la dégénérescence de l’échelle de Wannier-Stark : les interactions de Casimir-Polder
elles-mêmes.

Ainsi, en réalisant une mesure spectroscopique de la fréquence de la fréquence de
Bloch, nous devrions pouvoir résoudre les pics de spectroscopie de chaque transition
unique lorsqu’elles sont séparées de plus que la largeur d’un pic (fig. v.20).

La sensibilité de notre dispositif expérimental limite notre capacité à réaliser cette
mesure. Pour un nuage de taille 𝜎𝑧 = 3,5 µm, au maximum seuls 3 % des atomes peuplent
le puits au centre du nuage, soit dans notre cas typiquement une vingtaine d’atomes, un
niveau équivalent au bruit d’imagerie des atomes (sec. iv.2.1). Avec un rapport signal
à bruit de 1, la mise en évidence des pics de probabilité de transition de puits uniques
nécessite de nombreuses mesures à moyenner.

Le résultat de mesures spectroscopiques de la transition Δ𝑚 = −6 d’un nuage
atomique au contact du miroir, moyennées sur une demi-journée, est présenté figure
v.20. L’intensité des faisceaux Raman a été choisie telle que la durée d’une impulsion 𝜋
loin du miroir soit de 130 ms, ce qui devrait permettre d’observer des pics secondaires
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Figure v.19 – Décalage de la fréquence de Bloch attendu sous l’effet des interactions
de Casimir-Polder pour des transitions entre puits uniques et sous l’effet des forces
électrostatiques parasites (modélisées à la section précédente), pour une transition Δ𝑚 =−6.

décalés de plus de 7 Hz du pic principal (position du premier zéro du sinus cardinal).
En comparaison, la même mesure mais pour des atomes plus distants, situés à 30 µm
du miroir, est également représentée. Le contraste plus faible du pic principal pour les
atomes au contact du miroir peut s’expliquer par le fait que seuls les atomes initialement
situés dans les puits 𝑚 ≳ 16 contribuent à ce pic. Les atomes placés dans les puits 𝑚 ≤ 7
ne contribuent pas puisqu’ils ne peuvent effectuer de transitions Δ𝑚 = −6, tandis que les
atomes placés dans les puits 7 ≤ 𝑚 ≤ 15 devraient réaliser de petits pics de probabilité
de transition, distants du pic principal (courbe verte fig. v.20).

En dépit d’un long moyennage, nous n’avons pas réussi à résoudre ces pics satellites.
La présence de bandes latérales résiduelles, liées à un défaut d’alignement du laser
IR (sec. iii.4.1), rend difÏcile l’observation des transitions 13 ↔ 7 et 14 ↔ 8, pour
lesquelles les décalages attendus de 24 et 11 Hz sont proches de celui de ces bandes
latérales. Mais nous espérions tout de même observer le pic de la transition 12 ↔ 6, à
la fréquence 𝜈𝑟 − 𝜈HFS = 3351 Hz sufÏsamment loin des bandes latérales. L’absence de
transitions satellites visibles est peut-être due à des inhomogénéités de force qui réduisent
leur amplitude et les pics seraient alors camouflés dans le bruit de mesure. Il demeure
également la possibilité que l’énergie des transitions ne soit en réalité pas celle attendue,
par exemple à cause de la profondeur de réseau optique plus faible que celle pour laquelle
le calcul de l’énergie de transition avait été effectué.

Nous avons réussi à mettre en évidence les interactions de Casimir-Polder, même si
la présence d’une force parasite due au champ électrostatique généré par des atomes
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Figure v.20 – Spectroscopie Raman de la transition Δ𝑚 = −6 au contact du miroir,
comparée à celle pour des atomes à 30 µm de distance du miroir. Le spectre attendu compte
tenu des différentes transitions possibles, perturbées par les interactions de Casimir-Polder
(sec. II.3.1), est représenté en vert. Les fréquences de résonance de quelques transitions𝑚 ↔ 𝑚 + Δ𝑚 sont indiquées. Mesures effectuées pour 𝜏𝜋 = 130 ms.
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de Rubidium adsorbés sur la surface de notre miroir limite l’exactitude des mesures
de la force de Casimir-Polder. L’observation de transitions entre puits uniques, qui
serait un moyen de réaliser des mesures de la force de Casimir-Polder dans lesquelles
cette force parasite serait négligeable, n’a pas été fructueuse.

Pour contourner ce problème de force parasite mal connue, j’ai tenté deux approches,
présentées au chapitre suivant : la suppression des atomes de Rubidium adsorbés par
l’illumination de lumière UV et la mesure directe des champs électrostatiques pour
corriger de leur effet les mesures de force.



Chapitre VI

Mesures et suppression du champ
électrique

Nous avons mis en évidence dans le chapitre précédent la présence d’une force parasite
au voisinage du miroir, liée à la présence de champs électrostatiques dus à des atomes
de rubidium adsorbés à la surface du miroir. Nous verrons que nous pouvons mettre en
évidence et mesurer ce champ électrostatique en appliquant sur les atomes un champ
électrique extérieur. Je présenterai ensuite deux tentatives différentes de s’affranchir
des effets de cette force parasite, soit en désorbant les atomes de la surface à l’aide
d’illumination UV, soit en mesurant séparément cette force électrostatique pour ensuite
la supprimer des mesures de force.

VI.1 Protocole de mesure des champs électriques
Comme vu au chapitre précédent, la force parasite liée à la présence d’un champ

électrique inhomogène vautFE(𝒓) = −𝛼0 (E𝑥(𝒓)∂E𝑥∂𝑧 + E𝑦(𝒓)∂E𝑦∂𝑧 + E𝑧(𝒓)∂E𝑧∂𝑧 ) . (vi.1)

Pour estimer la valeur de cette force parasite, nous allons essayer de mesurer séparément
les termes de champ électrique et de son gradient, ce qui nous permettra de reconstruire
la force parasite et la soustraire des mesures de force de surface.

VI.1.1 Amplification des effets parasites
Pour mesurer ces deux quantités, nous appliquons un champ électrique externe

contrôlé. De cette façon, nous allons amplifier les effets du champ électrique parasite, ce
qui nous permettra de les mesurer et de déterminer la valeur du champ électrostatique
en l’absence du champ externe.

Gradient de champ électrique

Pour mesurer la valeur du gradient de champ électrique ∂E𝑖∂𝑧 , nous procédons de
manière assez similaire à [OWC07], en appliquant sur les atomes un champ extérieur

125



126 CHAPITRE VI. MESURES ET SUPPRESSION DU CHAMP ÉLECTRIQUE𝐄ext. En pratique, le gradient de ce champ externe sera toujours beaucoup plus faible
que celui du champ généré par les atomes adsorbés. La force liée au champ électrique est
alors amplifiée par 𝐄ext : FE(𝒓) = −𝛼0 ∑𝑖 (E𝑖 + Eext𝑖 )∂E𝑖∂𝑧 (vi.2)

En mesurant la différence de force δFE avec ou sans un champ extérieur Eext𝑖 , et
connaissant l’amplitude de ce dernier, on peut mesurer le gradient du champ parasite :∂E𝑖∂𝑧 = − δFE𝛼0Eext𝑖 (vi.3)

En pratique, nous réalisons des mesures de fréquence de Bloch alternées, avec et sans
champ extérieur, pour déterminer par une mesure différentielle le gradient de champ
électrique présent.

Champ électrique

Pour déterminer l’amplitude du champ plutôt que son gradient, nous pouvons utiliser
le déplacement non linéaire de la fréquence hyperfine par effet Stark (éq. (v.14)). En
effet, à cause de la différence de polarisabilité entre les deux états hyperfins du rubidium,
la présence d’un champ électrique 𝐄 déplace la fréquence hyperfine de la quantité
différentielle δ𝜈HFS = 𝑘𝑠|𝐄(𝒓)|2 (vi.4)

où 𝑘𝑠 = −1,240(4) × 10−10 Hz/(V/m)2 pour du 87Rb [SJS10] est une constante bien
étudiée pour son impact lié au rayonnement du corps noir sur l’exactitude des horloges à
rubidium.

Le décalage de la fréquence d’horloge lié au champ électrique parasite est trop faible
pour que nous puissions le mesurer directement (de l’ordre de 1 × 10−4 Hz), mais nous
pouvons l’amplifier par l’ajout d’un champ externe 𝐄ext, de manière semblable à [Lod12].
En notant 𝜈±HFS la fréquence hyperfine en présence du champ ±𝐄ext, on a𝜈+HFS − 𝜈−HFS = 4𝑘𝑠 𝐄 ⋅ 𝐄ext (vi.5)

En mesurant également la fréquence hyperfine en l’absence de champ appliqué 𝜈0HFS,
on peut aussi utiliser les atomes comme sonde pour mesurer directement ce champ
externe : 𝜈+HFS + 𝜈−HFS2 − 𝜈0HFS = 𝑘𝑠 |𝐄ext|2 (vi.6)

On peut donc déduire de ces mesures de fréquence d’horloge à la fois le champ externe
que l’on applique et la valeur du champ parasite dans la direction du champ appliqué. En
faisant varier la direction du champ appliqué, on peut déterminer toutes les composantes
du champ parasite.
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VI.1.2 Réalisation expérimentale

Électrodes

Pour appliquer de manière contrôlée un champ électrique sur les atomes, nous avons
à disposition six électrodes intégrées dans la chambre à vide supérieure (fig. vi.1). Nous
avons quatre électrodes linéaires de part et d’autre du support de miroir qui servent
à générer des champs électriques verticaux et dans une direction horizontale, et deux
électrodes annulaires pour la génération de champs horizontaux dans la dernière direction.
En appliquant une différence de tension entre ces électrodes, il est possible de créer des
champs électriques d’amplitude et de direction arbitraire.

Un obstacle expérimental a été l’identification des connexions de ces électrodes. Les
électrodes 1 à 5 sont reliées dans l’enceinte à vide à un passage électrique étanche, avec
un connecteur à 8 broches soudé sur une bride (fig. vi.2). Lors de la mise en place de la
chambre à vide, le schéma de connexion des électrodes aux broches extérieures n’a pas
été conservé, ou en tout cas n’a jamais été retrouvé.

En utilisant l’électrode 6, branchée individuellement sur un autre passage électrique,
comme antenne et en mesurant le couplage radiofréquence entre les différentes électrodes,
j’ai pu reconstruire le schéma de connexion, confirmé par la suite avec les mesures de
force et de gradient de champ. Cependant, à cause des symétries de la géométrie des
électrodes, l’identification des électrodes est définie aux plans de symétrie près. Ainsi, si la
direction du champ produit (haut/bas ; gauche/droite) est à priori identifiée, l’orientation
du champ (haut ou bas) reste inconnue, et il ne sera pas possible de déterminer le sens
du champ électrique parasite.

Circuit haute tension

La sensibilité sur la mesure des champs électriques parasites sera d’autant meilleure
que le champ électrique appliqué 𝐄ext sera important, et donc que la différence de tension
aux bornes des électrodes sera élevée. Pour pouvoir réaliser des mesures différentielles
entrelacées, il est de plus nécessaire de contrôler dynamiquement cette tension pour
pouvoir alterner entre les différentes configurations de champ appliqué.

Même avec l’utilisation de très faibles puissances, la manipulation dynamique de
haute tension n’est pas évidente. Nous nous sommes heurtés à deux écueils :

— des changements brutaux de tensions sur les électrodes peuvent aléatoirement
faire planter les cartes analogiques de contrôle de l’expérience, sûrement à cause
de l’apparition de courants induits dans le bâti de l’expérience qui remontent vers
l’ordinateur de contrôle ;

— la plupart des alimentations ne permettent pas l’inversion du signe de la tension,
ce qui empêche d’inverser la direction du champ électrique.

Pour gérer la mise en tension ou non des électrodes, nous avons utilisé un relais
électrique, dont la sortie est lissée par un filtre RC de constante de temps 1,5 ms, ce qui
a permis d’utiliser des tensions U allant jusqu’à 2,5 kV sans faire planter les cartes de
contrôle.

Pour l’inversion de la tension, nous avons abouti à deux systèmes :
— une alimentation haute tension capable d’inverser sur une commande logique la

polarité de la tension de sortie ;
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(a) Rendu 3D de la chambre à vide supérieure, avec le support céramique des miroirs (en jaune),
entouré de six électrodes métalliques.

1 2

34

(b) Vue en coupe de l’enceinte à vide supérieure, avec les électrodes linéaires et une électrode
annulaire en arrière-plan (en gris). Le support des miroirs est indiqué en jaune, le miroir en bleu.
Les cotes indiquées sont en millimètre.

Figure vi.1 – Électrodes dans la chambre à vide supérieure. Les électrodes 1 à 4 sont des
électrodes linéaires, les électrodes 5 et 6 des électrodes annulaires. La numérotation des
électrodes linéaires n’est déterminée qu’aux plans de symétrie près (horizontalement et
verticalement).
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Figure vi.2 – Photographie du bornier de connexion des électrodes. Les électrodes
linéaires sont branchées sur les broches 1 à 4, la broche 5 est la connexion vers l’électrode
annulaire.

— un dispositif à base de relais pour permettre l’échange de connexion des électrodes
entre masse et potentiel.

Ainsi, ces deux systèmes sont capables de générer dynamiquement chacun trois
configurations de potentiel : respectivement (+U ; 0) / (−U ; 0) / (0 ; 0) et (+U ; 0) /(0 ; +U) / (0 ; 0), ce qui génère bien de façon pour les deux systèmes les configurations
voulues de champ électrique 𝐄ext/ − 𝐄ext/𝟎, en supposant que le choix de la masse
n’impacte pas la génération de champs électriques par les électrodes.

VI.1.3 Protocoles de mesures
Pour mesurer la valeur du champ électrique dans une direction donnée et son gradient

vertical, nous réalisons donc les mesures entrelacées des quantités suivantes :
1. fréquence de Bloch des transitions Δ𝑚 et −Δ𝑚, pour en extraire la demi-différence

et la force exercée sur les atomes en l’absence de champs électriques extérieurs ;
2. fréquence de Bloch des transitions Δ𝑚 et −Δ𝑚, à une distance de référence de400 µm du miroir afin de réaliser la mesure de force différentielle en position ;
3. fréquence hyperfine pour chaque configuration du champ extérieur 𝐄ext, −𝐄ext

ou 𝟎, pour en déduire la valeur exacte de celui-ci et du champ électrique
parasite ;

4. fréquence de Bloch pour les transitions Δ𝑚 et −Δ𝑚 en présence du champ
électrique extérieur 𝐄ext, pour en déduire le gradient du champ parasite.

Nous devrions ainsi mesurer simultanément les forces de surface et sa composante liée aux
champs électriques pour pouvoir la corriger, mais au prix de beaucoup plus de mesures
à effectuer simultanément. Pour conserver un nombre de mesures raisonnable, seul le
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champ électrique vertical E𝑧 a été mesuré puisqu’il s’agit à priori de la composante du
champ la plus intense.

Sensibilités attendues

Avec une sensibilité sur la fréquence de Bloch de 10 mHz atteinte typiquement après
une demi-heure de mesure, nous obtenons une sensibilité sur le gradient de 2 × 105 V/m2
en appliquant un champ externe Eext = 30 kV/m, ce qui permettrait de mesurer le
gradient de champ attendu (fig. v.17) au pour cent près au contact du miroir.

Pour effectuer les mesures de fréquence d’horloge, on gagne en sensibilité en ne
réalisant pas un interféromètre Ramsey-Raman, mais un interféromètre Ramsey micro-
onde. Le contraste de l’interféromètre est meilleur grâce à la meilleure efÏcacité des
impulsions 1, et la durée de l’interféromètre n’est plus limitée par les inhomogénéités de
force, mais par celles moins importantes de déplacement lumineux différentiel, ce qui
nous permet d’allonger la durée d’interrogation à 300 ms.

Nous parvenons alors à une sensibilité sur les mesures différentielles de fréquence
hyperfine de 180 mHz à 1 s, et une stabilité long terme aux environs de 5 mHz. Avec un
champ externe d’environ 30 kV/m, cela donne une sensibilité sur le champ d’environ3 × 102 V/m, soit seulement 10 % du champ électrique au voisinage du miroir.

L’estimation de la force parasite sera donc en fin de compte limitée par les mesures
de champ électrique.

L’utilisation d’un champ électrique appliqué plus intense permettrait une meilleure
sensibilité sur le champ électrique parasite, mais nous sommes ici limités par les inhomogé-
néités du gradient de champ électrique parasite. L’application du champ externe amplifie
les hétérogénéités de force électrostatique, qui limitent le contraste si le champ externe
est trop intense pour une durée d’interrogation donnée. En étudiant l’amortissement
du contraste, on estime les inhomogénéités de gradient de champ électrique à environ𝜎 = 20 % de la valeur moyenne. De plus, à cause des contraintes expérimentales sur
l’alimentation haute tension, nous ne pouvons pas modifier dynamiquement la tension
appliquée sur les électrodes entre les phases de mesures de champ et de gradient. Un
compromis sur la durée d’interrogation et de la tension utilisée est donc nécessaire pour
optimiser simultanément la sensibilité des mesures de force, de gradient et de champ.

On peut limiter la perte de contraste sur les mesures de gradient en choisissant
judicieusement le sens du champ appliqué pendant les mesures de gradient de champ,
comme illustré figure vi.3. Lorsque le champ appliqué s’oppose au champ parasite, on
réduit l’amplitude de la force électrostatique (vi.2) et ainsi les inhomogénéités de force
liées aux inhomogénéités de gradient de champ à l’échelle du nuage.

Au final, compte tenu de ces contraintes, nous avons choisi pour les mesures de
conserver des durées d’interrogation T = 100 ms et de limiter la tension sur les électrodes
à 1250 kV.

1. Nous obtenons une efÏcacité des impulsions 𝜋 de près de 100 % avec la micro-onde contre 65 %
par transition Raman.
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Figure vi.3 – Franges interférométriques Raman en présence de champ électrique
extérieur, en fonction du déphasage Raman ajouté entre les deux impulsions 𝜋/2. Mesures
pour Δ𝑚 = −6, T = 75 ms.

VI.2 Mise en évidence des champs électriques

À cause de la difÏculté pratique d’inverser le signe du champ appliqué, nous avons
dans un premier temps réalisé des mesures en entrelaçant uniquement mesures de force
et de gradient, sans les mesures directes du champ électrique (mesures 1, 2 et 4, mais pas
3). Cette première série de mesures a été effectuée en février 2023, quatre mois après la
série étudiée précédemment en v.3.

Mesures

Lors de cette première série de mesures, une différence de tension Uelec = 480 V a été
appliquée sur les électrodes pour générer le champ électrique vertical Eext𝑧 nécessaire à la
mesure du gradient de champ électrique parasite. Pour déterminer la valeur de champ
appliqué, nous avons préalablement étalonné la réponse des électrodes en mesurant le
champ électrique avec les atomes, non pas en changeant la polarité du champ appliqué,
mais en inversant manuellement les connexions électriques des électrodes. Nous avons
ainsi déterminé la valeur du champ appliqué à Eext𝑧 = Uelec × 28,9(5) m−1.

Les résultats de cette première série de mesures simultanées de force et de gradient de
champ sont présentés figure vi.4. On constate immédiatement la présence d’un gradient
de champs électriques de magnitude comparable à celui estimé avec notre premier modèle
de champ électrique (sec. v.3.3), ce qui valide notre hypothèse d’une force parasite due à
la présence de champs électriques générés par un dépôt de dipôle sur la surface du miroir.

Le champ électrique en tel que tel n’a pu être mesuré durant cette mesure, mais il
est possible de l’estimer à une constante près en effectuant une intégration du gradient
mesuré : E𝑧 = E0 + ∫ ∂E𝑧∂𝑧 d𝑧. (vi.7)



132 CHAPITRE VI. MESURES ET SUPPRESSION DU CHAMP ÉLECTRIQUE

−1,2−1−0,8−0,6−0,4−0,20
Fo

rc
e

au
vo

isi
na

ge
de

la
su

rfa
ce

[rN]
Mesure différentielle février
Effet Casimir-Polder attendu
Intégration du gradient de champ
Modèle de force électrostatique gaussien
Modèle de force électrostatique bimodal
Modèle de force électrostatique, octobre

−4
−3
−2
−1

0

∂E 𝑧 ∂𝑧[107 V
/m2 ]

0 50 100 150 200 250 300 350 4000
1
2
3

Distance au miroir [µm]

E 𝑧[103 V
/m ]

(a)

(b)

(c)

Figure vi.4 – Mesures entrelacées de force et de gradient de champs électriques. En
vert est représenté le champ électrique déduit de l’intégration verticale des gradients
mesurés de champ, ainsi que la force électrostatique liée. Le modèle violet est un modèle de
distribution gaussienne de moments, ajusté sur les mesures de force de manière similaire
à la section V.3.3. Le modèle rouge est un modèle bimodal, avec deux distributions
gaussiennes superposées de moments, ajusté sur les mesures de gradient de champ. En
comparaison, le modèle de force électrostatique issu de l’ajustement sur la série de mesures
d’octobre, présenté en V.3.3, est représenté en gris.
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On peut alors estimer la valeur de la force parasite électrostatique, représentée par les
croix vertes figure vi.4. La constante E0 a été choisie telle que le champ E𝑧 soit nul à400 µm du miroir.

Cette force électrostatique, déduite uniquement à partir des mesures de gradient de
champ, reproduit bien la force observée sur les atomes pour des distances au miroir
supérieures à 15 µm, où la force de Casimir-Polder est négligeable. La force parasite à
portée intermédiaire à laquelle sont sensibles les atomes est donc bien la force liée au
champ électrostatique.

Modèle de champ

On peut profiter des mesures de gradient de champ pour valider la modélisation
effectuée section v.3.3 d’une distribution gaussienne de moments. Les ajustements réalisés
ici ont été effectués avec le modèle simplifié (v.17) où l’on ne considère que le champ sur
l’axe radial du système.

Comme en v.3.3, on peut ajuster sur les mesures de force un modèle de champ
électrique généré par une distribution gaussienne de moments. L’ajustement (courbe
violette fig. vi.4a) semble toutefois moins bien ajusté que lors des mesures effectuées en
octobre. Surtout, le gradient de champ prédit par ce modèle gaussien ne correspond pas
du tout aux mesures réalisées (fig. vi.4b).

En particulier, on observe un résidu de gradient à 400 µm du miroir, là où les modèles
de distribution gaussienne de moments prédisent plutôt un champ électrique nul. On peut
cependant bien expliquer l’évolution du gradient de champ en considérant un modèle
bimodal de distribution de moments : une distribution de moments large génère un
gradient à longue distance auquel se rajoute plus proche du miroir un gradient de champ
plus important créé par une distribution plus étroite. L’ajustement du gradient de champ
produit par une somme de deux distributions gaussiennes de moments sur les mesures de
gradient permet de très bien les reproduire (courbes rouges fig. vi.4).

Les paramètres de cet ajustement bimodal sont les suivants, avec toujours un moment
dipolaire par atomes de 3,2 D [OWC07] :

— N1 = 1,5(5) × 108 atomes, 𝜎1 = 31(3) µm ;
— N2 = 1,9(3) × 1012 atomes, 𝜎2 = 410(20) µm.

Le gradient de champ électrique mesuré est donc correctement décrit par une double
distribution de moments, correspondant à tous les atomes lancés sur la surface pendant
plusieurs mois, qui se sont progressivement étalés sur la surface par diffusion, auxquels on
rajoute une distribution plus étroite avec moins d’atomes, ceux lancés pendant la série de
mesures ou sa préparation, qui génèrent un gradient plus important mais seulement au
plus proche du miroir. Le nombre de moments N2 est trop grand pour être physiquement
réaliste, mais la distribution réelle de moments adopte probablement une forme qui n’est
pas exactement une gaussienne et qui pourrait expliquer les gradients de champ mesurés
avec un plus faible nombre d’atomes adsorbés.

La force électrostatique décrite par ce modèle bimodal, ajusté uniquement sur les
mesures de gradient, décrit également bien les observations de force aux distances où les
forces de Casimir-Polder sont négligeables (courbe rouge figure vi.4a). Pour prendre en
compte la possibilité d’un champ électrique uniforme, qui ne peut pas être estimé à partir
des mesures de gradient, on rajoute au modèle bimodal de distribution de moments un
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autre paramètre correspondant à un champ électrique uniforme E0, qui est ajusté sur
les mesures de forces tout en conservant les paramètres N et 𝜎 estimés par l’ajustement
sur le gradient de champs. On trouve ainsi E0 = −7(2) × 102 V/m et le modèle de force
représenté en rouge figure vi.4. Ce modèle de force n’est pas sensiblement différent de
celui obtenu en supposant une absence de champ à longue distance (E0 = 0), avec une
différence maximale de 1 × 10−28 N entre les deux modèles de force.

Correction des forces électrostatiques

De la même façon qu’au chapitre précédent, on peut supprimer des mesures de
force la force électrostatique telle qu’estimée par le modèle de champ électrique (courbe
rouge figure vi.5). Nous pouvons également utiliser l’estimation du champ électrique
issue de l’intégration (courbe verte figure vi.5), mais quelques mesures de gradient ont
échoué pour les points les plus proches du miroir, ce qui empêche l’estimation de la force
électrostatique pour ces points avec cette méthode.

−0,6
−0,4
−0,2

0

Fo
rc

e
au

vo
isi

na
ge

de
la

su
rfa

ce
[rN]

0 5 10 15 20−0,3
−0,2
−0,1
0

Distance au miroir [µm]
δ𝜈 B[Hz ]

Effet Casimir-Polder attendu
Force corrigée (intégration gradient)
Force corrigée (modèle force)

Figure vi.5 – Corrections des mesures des forces par le modèle de force électrostatique
(en rouge) et par l’estimation du champ électrique par l’intégration du gradient (en vert).
Les incertitudes sur les mesures de force prennent en compte l’incertitude du modèle issue
de l’ajustement.

L’effet attractif d’une force supplémentaire à courte portée est visible, mais mal-
heureusement, lors de cette série trop peu de points de mesure ont été pris à des
distances inférieures à 5 µm pour permettre une vraie mise en évidence des forces
de Casimir-Polder.

VI.3 Illumination par de l’UV
Pour réaliser des mesures de force sans être sensible aux forces électrostatiques que

nous venons de mettre en évidence, nous avons d’abord tenté de nettoyer de la surface
les atomes adsorbés afin de supprimer la source de champs électriques parasites.
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Pour tenter de supprimer ces champs électriques parasites dus à l’absorption des
atomes sur le miroir, deux méthodes ont été envisagées :

Chauffage du miroir Il a été observé [OWC07] que le chauffage de la surface
accélère la décroissance naturelle des champs électriques, soit en facilitant la
désorption des atomes de la surface, soit en favorisant leur diffusion jusqu’à
produire une couche uniforme de dipôles qui ne génère pas de champ électrique. Le
chauffage du substrat aux alentours de 400 K permettrait à priori de supprimer les
champs électriques en l’espace de quelques jours [OWC07]. Afin de pouvoir chauffer
le miroir, son support a été conçu dans une céramique absorbante optiquement et
conductrice thermiquement afin de pouvoir le chauffer en l’illuminant par un laser ;
une thermistance est installée dans la chambre à vide pour mesurer la température
du support.

Illumination UV La lumière UV a un effet bien connu sur la désorption d’alcalins
[Meu94 ; Kle06 ; Tor15]. De plus, il a été reporté que l’illumination par de l’UV de
miroirs a permis l’évacuation des charges parasites qui y étaient piégées [Lod12].

Par simplicité, j’ai testé cette deuxième option comme première approche.
J’ai utilisé comme source de lumière une del UV ILH-XT01-S365-SC211-WIR200 qui

génère environ 800 mW de lumière centrée autour de 370 nm, légèrement collimatée par
une lentille de Fresnel. À cause de difÏcultés d’accès optique, la surface a été éclairée par
au-dessus, à travers le miroir 2.

J’ai effectué plusieurs séquences d’une ou deux heures d’illumination par la lumière
UV suivies d’une série de mesure pour en mesurer l’effet sur la force et le gradient
de champ électrique à 40 et 400 µm de distance de la surface. Ces illuminations ont
été réalisées avec ou sans champ électrique appliqué par les électrodes. Pour les deux
premières séquences, l’état des électrodes n’a pas été noté, même si l’on suppose qu’elles
étaient restées éteintes.

Comme on le constate figure vi.6, l’illumination par de l’UV n’a pas permis de réduire
les champs électriques parasites, comme mesurés via le gradient de champ électrique (fig.
i.6b). Au contraire, après une illumination, le gradient a été multiplié par deux avant
de revenir sur quelques jours à son état initial. Cette augmentation semble due à un
maintien en tension des électrodes pendant l’éclairage UV. Des charges émises lors de
l’interaction entre l’UV et des matériaux de la chambre ont pu être guidées par le champ
électrique des électrodes vers la surface et y augmenter temporairement le gradient de
champ émis.

Ce qui est particulièrement remarquable est l’inversion brutale du signe de la force
à courte distance. La force parasite qui était attractive est devenue répulsive ! Cette
inversion de force ne s’est pas accompagnée de changements notables du gradient de
champ. Ces observations semblent indiquer l’apparition de nouvelles charges, réparties
uniformément sur la surface du miroir, qui génèrent un champ électrique uniforme opposé
à celui créé par les atomes adsorbés (fig. vi.7). Les atomes étant attirés par les zones de
plus forte magnitude de champs, ils sont alors repoussés de la surface.

Cette nouvelle différence de signe entre le champ électrique et son gradient a été
vérifiée par la suite (sec. vi.4).

2. Le miroir diélectrique est normalement transparent à l’UV proche [Mau16b], qui peut ainsi atteindre
la surface.
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Figure vi.6 – Effet de l’illumination UV sur la force différentielle (a) et sur le gradient
de champ électrique (b), mesurés tous deux à 40 µm de la surface du miroir. Chaque barre
colorée représente quelques heures d’éclairage par l’UV, et la couleur de la barre indique
l’état des électrodes pendant l’illumination.
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Il n’est pas clair de savoir pourquoi ces charges semblent apparaître soudainement
lors de l’illumination entre les séries 8 et 9 (fig. vi.6).

E𝑧
𝑧

(a) Pre-UV

E𝑧
𝑧

(b) Post-UV

Figure vi.7 – Schéma de l’effet de l’UV sur la distribution de charges. Initialement, seule
la distribution de moments dipolaires génère un champ électrique. L’illumination UV a
ajouté un dépôt de charges, créant un champ électrique uniforme, mais de direction opposée
à celui généré par les moments. Le potentiel attractif dû à l’effet Stark est proportionnel
au carré de E𝑧, la force électrostatique est donc attractive avant l’illumination UV, mais
répulsive après, en direction des zones où la somme des champs électriques (en rouge) est
la plus forte en amplitude.

Ce phénomène de charges par l’effet d’UV est en réalité bien documenté [Har10 ;
Pol10 ; Bla19]. Lors de leurs premières tentatives de se débarrasser des champs électriques
parasites pour mesurer les interactions de Casimir-Polder, le groupe de Cornell avait
d’ailleurs déjà constaté l’effet délétère de l’illumination par de l’UV [McG04].

Malheureusement, ces nouvelles charges ont demeuré sur le long terme, et ont du-
rablement pollué la surface du miroir. Pendant les quelques mois qui ont suivi, la force
à proximité du miroir est restée répulsive, ce qui empêche toute comparaison entre les
quelques mesures de force postérieures à l’illumination par de l’UV et celles effectuées
auparavant.

Signe des charges

Comme énoncé précédemment, nous n’avons pas d’accès au signe du champ parasite,
l’effet Stark étant quadratique, et les symétries d’installation des électrodes inconnues. Vu
le caractère réducteur du rubidium, on pourrait s’attendre à ce que les atomes adsorbés
soient partiellement chargés positivement, et que le champ généré soit orienté vers « le
bas ». C’est ce qui a été déjà été constaté pour des atomes de rubidium adsorbés sur une
surface métallique [McG04 ; OWC07].

Cependant, la lumière UV a tendance à charger positivement les surfaces en verre
[Har10 ; Pol10 ; Bla19]. Puisque l’effet d’inversion du signe de la force est dû à l’apparition
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de charges de signe opposé à celui des atomes adsorbés, cela peut signifier que la charge
de la surface n’est pas due à un effet photodissociatif dans la silice du miroir, mais plutôt
à de la photodissociation sur les surfaces métalliques de la chambre à vide qui relâchent
des électrons qui ont pu être guidés vers la surface du miroir par les lignes de champ
électrique des électrodes laissées allumées pendant l’illumination UV. Mais cela n’explique
pas la persistance sur plusieurs mois des nouveaux champs électriques parasites ; des
électrons libres à la surface du miroir devraient finir par la fuir.

Il est plus probable que les nouvelles charges de la surface soient effectivement des
charges positives générées dans le volume du matériau, ce qui expliquerait leur longue
durée de vie [Har10] ; et que les atomes de rubidium adsorbés sur la silice soient alors
partiellement chargés négativement plutôt que positivement comme sur un métal.

VI.4 Mesures complètes des champs électriques et forces
électrostatiques, post-UV

Nous avons ensuite réalisé des mesures de champ électrique, alternées avec les mesures
de force et de gradient. Ces mesures ont été réalisées après les séquences d’illumination
UV, et donc en présence d’un champ électrique plus important que lors des mesures
précédentes.

Les résultats de la série de mesure sont présentés figure vi.8. Le champ appliqué sur
les atomes Eext a été mesuré pendant la série de mesures à Uelec × 31,8(5) m−1.

Comparées aux séries de mesures précédentes, les mesures sont notablement moins
stables. La série représente 20 jours de mesure, pendant lesquels les mesures ont été
interrompues le premier et le dernier week-end de la série, à cause d’un déverrouillage de
laser. Les observations montrent une coupure franche dans les trois quantités mesurées
pendant ces périodes d’interruption (chaque série continue est représentée par un mar-
queur différent), phénomène qui n’avait pas été observé précédemment pour des durées
d’interruption aussi courtes.

On constate que l’illumination par l’UV a effectivement ajouté un champ électrique
assez uniforme en plus de celui généré par les atomes adsorbés, et de signe contraire à ce
dernier. Ce champ uniforme est d’environ 180 V/cm, ce qui correspond à une densité de
charge de deux charges élémentaires par µm2.

Correction des forces électrostatiques

À partir des mesures du champ électrique vertical et de son gradient, on évalue
la valeur de la force parasite électrostatique (fig. vi.9), avec une incertitude limitée
principalement par la sensibilité des mesures de champ.

Une facteur limitant sur ces mesures est la présence d’une force électrostatique non
nulle à 400 µm du miroir, là où sont prises les mesures de force de référence pour les
mesures différentielles en force. Lorsqu’on corrige les mesures différentielles de force à
courte distance des forces parasites, il faut également prendre en compte cet effet, pour ne
pas le soustraire deux fois. Malheureusement, la force parasite à 400 µm n’a été mesurée
que pour certains points, pour lesquels il est possible de réaliser une mesure totalement
différentielle (points violet fig. vi.9). Pour les autres points (en rouge figure vi.9), seule
la valeur moyenne de cette force parasite à longue portée a été prise en compte, ce qui
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Figure vi.8 – Mesures entrelacées de force, de champ électrique et de gradient de champ.
La forme du marqueur indique la sous-série des points de mesure : premières mesures
avant interruption pendant un week-end, longue série continue, reprise après un
autre week-end d’interruption. La courbe verte représente le champ électrique déduit
de l’intégration des gradients de champs mesurés, ajusté pour avoir la même valeur
moyenne que les mesures de champ. En référence, deux modèles de champs électriques
sont égalements représentés, en gris le modèle ajusté sur les mesures d’octobre (sec. V.3.3),
en rouge le modèle de distribution bimodale ajusté sur les mesures de février (sec. VI.2).
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ne permet pas de refléter d’éventuelles fluctuations long terme et de réaliser une mesure
totalement différentielle.

Nous constatons que la soustraction à la force mesurée de la force électrostatique
ainsi évaluée ne permet pas de supprimer toutes les forces parasites. En effet, on constate
que la force corrigée montre encore un caractère attractif à des distances de 20 µm, là
où la force de Casimir-Polder est négligeable devant l’incertitude de nos mesures, et que
son amplitude au niveau du miroir reste deux fois plus importante que la force de CP
attendue. On remarque coïncidemment que la force corrigée a environ la même amplitude
que la force électrostatique estimée initialement avant l’illumination UV.

La correction des forces électrostatiques permet néanmoins de corriger partiellement
les instabilités observées sur la force entre les trois sous-séries de mesures (marqueurs ,
et figure vi.9).
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Figure vi.9 – Estimation de la force parasite électrostatique à partir des mesures de
champ électrique et de son gradient, et correction des mesures de force par cette force
parasite. Les points violets représentent les points où une mesure entrelacée de la force
parasite à 400 µm du miroir a été réalisée simultanément, ce qui permet une mesure
différentielle. Pour les points représentés en rouge, seule la valeur moyenne de la force
parasite à 400 µm a été prise en compte. La forme des marqueurs symbolise la sous-série
de mesure similairement à VI.8. Le modèle de force électrostatique de la série de mesures
d’octobre est représenté en gris, pour référence.

Nous ne savons pas vraiment expliquer pourquoi la correction des forces électrosta-
tiques ne nous permet de pas de retrouver la force attendue, et en particulier une force
« nulle » au-delà de 20 µm. Une explication pourrait être une mauvaise connaissance
des champs électriques 𝐄ext générés par les électrodes, qui entraîne des erreurs dans
l’évaluation du champ électrique parasite et de son gradient.

VI.4.1 Champ électrique généré par les électrodes
Pour réaliser des mesures exactes de champ électrique et de son gradient, il est

nécessaire de connaître précisément la valeur du champ électrique 𝐄ext. Son orientation
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est normalement connue par la géométrie des électrodes, et on peut mesurer sa norme
par des mesures de fréquences hyperfines (éq. (vi.6)).

Cependant, plusieurs observations ont montré un comportement étrange de ce champ
appliqué. Nous avons par exemple vu que le ratio Eext/Uelec a été mesuré à 28,9(5) m−1
en vi.2 avant d’être mesuré à 31,8(5) m−1 en vi.4, une différence résolue et inexpliquée.
D’autres observations ont mis en évidence que le champ appliqué ne se comporte pas
comme attendu.

Non-linéarité du champ appliqué

Le champ électrique produit par les électrodes devrait être proportionnel à la tension
appliquée à leurs bornes. Les mesures de champ électrique effectuées avec les atomes
semblent cependant montrer une non-linéarité du champ en fonction de la tension
appliquée (fig. vi.10). De plus, la mesure des champs électriques semble dépendre du
dispositif utilisé pour inverser le sens du champ électrique, entre l’inversion du signe de
la tension ou l’inversion entre électrodes polarisées et électrodes à la masse (sec. vi.1.2).

Une observation a mis en évidence de manière flagrante ce phénomène. En mesurant le
gradient de champ électrique par interférométrie Ramsey-Raman, avec la même différence
de potentiel U = 1500 V entre les paires d’électrodes supérieures et inférieures, on observe
un décalage sur la fréquence de Bloch en décalant la référence de potentiel, c’est-à-dire
en générant le champ électrique extérieur avec une configuration d’électrodes (0; −U)
plutôt que (U; 0). Ce décalage flagrant de la fréquence de résonance de 2,5 Hz correspond
à une variation du champ appliqué d’environ 20 %.

Norme du champ théorique et mesurée

À partir de la géométrie du montage des électrodes (fig. vi.1b), on peut estimer le
champ électrique produit en appliquant une tension U sur les électrodes. Par simplicité, je
n’ai considéré que les électrodes linéaires, et en me restreignant à un cas 2d. Pour résoudre
ce problème d’électrostatique, j’ai utilisé une méthode d’éléments finis en utilisant le
logiciel FreeFEM [Hec12]. Le support en céramique et le miroir sont des diélectriques qui
influent sur les lignes de champ électrique, mais leur permittivité relative est inconnue.
J’ai considéré pour cette modélisation une unique permittivité 𝜀𝑟 = 5, raisonnable pour
du verre.

On détermine ainsi le potentiel électrostatique et le champ électrique théoriquement
appliqués sur les atomes par les électrodes (fig. vi.11). Les valeurs du champ électrique
mesurées dans les différentes configurations d’électrodes et celles estimées avec cette
simulation sont tabulées dans la table vi.1.

Dans la configuration de champs verticaux, on s’attend à un ratio Eext/Uelec =40,4 m−1 ou 42,4 m−1 selon la paire d’électrodes polarisée, la combinaison du support
diélectrique et de l’enceinte à la masse jouant un rôle qui brise la symétrie. Ce rôle de
l’enceinte à vide pourrait expliquer les différences de champ extérieur observées selon la
méthode d’inversion de polarité utilisée (fig. vi.10), mais le champ attendu est bien plus
élevé que celui mesuré avec les atomes.

Pour les deux autres configurations d’électrodes (pour générer des champs horizontaux,
ou en configuration croisée), les mesures expérimentales sont quant à elles en accord avec
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Figure vi.10 – Ratio entre le champ électrique mesuré sur les atomes et la différence de
tension appliquée sur les électrodes linéaires en fonction de cette tension, pour les deux
configurations de champs générés verticaux ou horizontaux. Les mesures ont été réalisées
en inversant le sens du champ appliqué soit en inversant le signe de la tension appliqué
(en bleu), soit en inversant les électrodes connectées à la masse ou à la source de tension
(en orange).
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Figure vi.11 – Équipotentielles et lignes de champ électrique simulées par une méthode
d’éléments finis. Les quatre électrodes et l’enceinte en vide (en rouge) servent de référence
de potentiel. Ici, nous sommes dans une configuration de champ vertical, avec les deux
électrodes supérieures polarisées à Uelec et les deux autres électrodes ainsi que l’enceinte
à la masse. Le miroir et son support sont modélisés par une zone (en magenta) de
permittivité diélectrique relative 𝜀𝑟 = 5.

Configuration
des électrodes

Ratio Eext/U [m−1]
Mesure Modèle 𝜀𝑟 = 5 Modèle 𝜀𝑟 = 1

Champ électrique vertical 31,8(4) 40,4 32,8
Champ électrique horizontal 15,2(9) 16,2 26,1

Configuration croisée 9,8(10) 3,1 0,0
Table vi.1 – Ratio entre l’amplitude du champ extérieur 𝐄ext au centre de la chambre et
la tension appliquée sur les électrodes mesuré avec le décalage de la fréquence hyperfine des
atomes, ou modélisé par une méthode d’éléments finis, en prenant en compte le caractère
diélectrique ou non du miroir et de son support.

les valeurs théoriques attendues, si l’on suppose que le nuage atomique est décentré d’un
ou deux millimètres par rapport au miroir, centré au milieu des électrodes.

Si l’on ne considère pas le caractère diélectrique du miroir et de son support (𝜀𝑟 = 1),
le ratio E/U déterminé par la modèle d’éléments finis dans une configuration de champ
vertical est de 32,8 m−1 au niveau des atomes. Un modèle analytique donne quant à
lui E/U = 33,8 m−1. Ces valeurs de champs attendues sont en accord avec les valeurs
expérimentales, mais dans ce cas, ce sont les autres configurations de champs pour
lesquelles les valeurs modélisées et expérimentales de champ électrique sont en désaccord
(tab. vi.1).
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Conclusion

Ces comportements inattendus du champ généré par les électrodes tel que mesuré
par les atomes ne sont pas forcément bloquants, puisqu’en pratique, il est possible de
mesurer avec les atomes directement le champ extérieur. Cependant, si la norme mesurée
du champ généré ne correspond pas à celle attendue, rien ne certifie que la direction du
champ est également celle attendue : un effet non pris en compte pourrait simultanément
affaiblir la norme du champ extérieur et perturber son orientation. Dans ce cas, nous
mesurons des champs parasites et des gradients pour des directions mal définies, et in
fine, nous ne savons pas trop ce que nous mesurons.

De plus, dans l’optique de réaliser des mesures avec une meilleure sensibilité sur le
champ électrique, on pourrait utiliser une tension différente pour les mesures du champ
parasite et de son gradient afin de ne plus être limité par les inhomogénéités de ce dernier.
Mais si le champ généré n’est pas linéaire avec la tension sur les électrodes, le champ
appliqué lors des mesures de gradient pourrait être mal connu, et donc fausser les mesures
de ce gradient.

Ce comportement non linéaire du champ, et les divergences entre les valeurs mesurées
du champ extérieur et celles théoriques n’ont pas pu être expliquées. Une hypothèse
pourrait être liée au filtre RC en amont des électrodes (sec. vi.1.2). Si sous l’effet de
la haute tension un courant de fuite apparaît quelque part avec un comportement non
linéaire selon la tension utilisée, la forte résistance de 15 MΩ du filtre pourrait agir comme
un diviseur de tension et réduire la tension effectivement appliquée sur les électrodes. À
cause de cette résistance, comparable aux impédances internes des voltmètres, la différence
de tension appliquée sur les électrodes n’a pas pu être mesurée expérimentalement.

Nous sommes capables de mesurer en parallèle de la force le champ électrique
parasite et son gradient vertical, en appliquant sur les atomes un champ électrique
extérieur contrôlé. Nous parvenons à mesurer les gradients de champs avec une
sensibilité de 3 à 4 %, et le champ électrique avec une sensibilité voisine de 6 %. Nous
pouvons ainsi mettre en évidence la présence de champs électriques, et valider le
modèle de moments dipolaires présenté au chapitre précédent.

La tentative de nettoyer la surface des atomes adsorbés par l’éclairage de lumière
UV n’a pas eu l’effet escompté, et a durablement pollué la surface par un dépôt
de charges, générant un fort champ électrique qui a rendu répulsives les forces au
voisinage du miroir. La mesure simultanée du champ et de son gradient pour retrouver
la valeur de la force électrostatique n’a pas permis de corriger correctement les mesures
de force, qui semblent encore montrer une fois corrigées un caractère attractif à des
portées d’une cinquantaine de micromètres. Cette mauvaise correction peut être due
à une mauvaise estimation du champ électrique extérieur, qui n’est pas aussi bien
connu qu’on le souhaiterait.



Chapitre VII

Conclusions
et perspectives

Les résultats du travail de thèse que je présente dans ce manuscrit constituaient
l’objectif principal du projet ForcaG, démarré il y a près de quinze ans : celui de réaliser
des mesures de forces à faible distance avec un capteur de force d’un nouveau type. En
réutilisant et en adaptant les techniques d’interférométrie atomique développées dans les
phases antérieures du projet pour mesurer des forces loin de toute surface, j’ai démontré
la capacité de notre capteur quantique à réaliser des mesures de force à des distances
micrométriques de la surface d’un miroir avec une sensibilité sufÏsante pour mettre en
évidence des interactions de type Casimir-Polder, bien qu’elle soit dégradée par rapport
aux performances démontrées il y a plusieurs années loin de la surface [Ala18b].

VII.1 Conclusion
En utilisant un ascenseur de Bloch à l’issue du refroidissement évaporatif des atomes,

nous sommes capables de déplacer un nuage atomique de 3,5 µm d’épaisseur, à une
distance connue et contrôlée de la surface du miroir, avec une précision inférieure à
micromètre. J’ai démontré la capacité de réaliser des mesures de force à moins d’une
centaine de micromètres de la surface avec une sensibilité court-terme de 340 × 10−30 N
à 1 s et qui atteint au mieux la stabilité de 4 × 10−30 N, ce qui constitue l’état de l’art
pour des mesures de force de contact. À ces distances, la sensibilité est limitée d’une part
par les vibrations du miroir interne de mesure par rapport au miroir Raman, même si
l’implémentation d’un Michelson optique a permis d’estimer et de compenser une partie
de ces fluctuations de position. D’autre part, la diffusion de la lumière de piégeage sur la
rugosité de surface du miroir génère des inhomogénéités de force qui limitent la durée
d’interrogation et la résolution spatiale de l’interféromètre atomique.

Avec ce capteur j’ai pu mesurer la force exercée sur les atomes en fonction de leur
distance au miroir et mettre en évidence une force attractive, mais d’amplitude et de
portée supérieures à la force de Casmir-Polder attendue. J’ai montré que cette force est une
force additionnelle, liée à la présence de champs électrostatiques générés par des atomes
de rubidium adsorbés à la surface du miroir. En modélisant cette force électrostatique, je
suis parvenu à mettre expérimentalement en évidence la force de Casimir-Polder pour
des distances atomes-miroir d’environ 3 µm. La force mesurée a la même magnitude que
les effets attendus, d’environ 5 × 10−28 N au contact du miroir [BAP23].
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Enfin, j’ai tenté de m’affranchir de la contribution de cette force parasite afin de
réussir à ne mesurer que la force de Casimir-Polder. L’illumination de la surface du
miroir par de l’UV pour désorber les atomes et ainsi réduire les champs électriques
parasites n’a malheureusement abouti qu’à la pollution de la surface par l’ajout de
charges supplémentaires. Une seconde méthode, l’estimation de la valeur de la force
électrostatique par mesure des champs électrostatiques parasites grâce à l’application
d’un champ électrique externe, simultanément aux mesures de force, n’a pas permis de
corriger correctement les mesures de force, pour des raisons encore mal déterminées, à
priori liées à une mauvaise connaissance du champ électrique appliqué.

VII.2 Perspectives
Si je suis parvenu à mettre en évidence la force de Casimir-Polder exercée par

le miroir sur les atomes, il reste encore plusieurs étapes à franchir pour réussir des
mesures plus précises, au niveau de quelques pour cent, de la force de Casimir-Polder
ou d’éventuelles forces gravitationnelles, l’objectif premier du projet ForcaG. J’ai
identifié durant ma thèse trois limitations qui limitent actuellement notre capacité
de mesure :

Sensibilité La sensibilité sur la force reste 50 fois moins bonne que ce qui a été
obtenu dans le passé de l’expérience. Même si nous sommes surtout contraints
par les inhomogénéités de force inhérentes à la méthode utilisée, il devrait être
possible d’améliorer la sensibilité pour atteindre l’objectif de 𝜎𝜈B = 2,5 × 10−31 N
attendu au début du projet [Mes11].

Taille du nuage L’épaisseur du nuage de 3,5 µm implique que les mesures de force
réalisées sur le nuage entier soient moyennées sur cette épaisseur, ce qui ne permet
pas une mesure ponctuelle de la force. De plus, la densité atomique est trop faible
pour peupler sufÏsamment chaque puits du réseau ; la sensibilité des mesures
de l’énergie des transitions uniques est alors fortement limitée par le bruit de
détection.

Atomes adsorbés sur la surface Le dépôt d’atomes sur le miroir génère une force
électrostatique parasite, qui entache nos mesures de force d’une incertitude. Cette
force varie également dans le temps, ce qui limite la reproductibilité et la stabilité
des mesures de force sur le long terme.

Pour pouvoir se lancer à la recherche de déviation à la gravitation, comme souhaité au
lancement du projet ForcaG, il faudra améliorer ces trois points.

Plusieurs pistes d’améliorations incrémentales sont envisageables pour améliorer la
performance du capteur.

Refroidissement atomique Une amélioration essentielle pour l’efÏcacité du capteur
serait le refroidissement du nuage atomique dans un état plus dense et plus froid,
typiquement dans un condensat de Bose-Einstein. Un nuage plus petit permettra des
mesures bien mieux résolues en position. La réduction de la température du nuage
atomique permettra aussi de réduire l’intensité du laser de piégeage IR et ainsi de réduire
les inhomogénéités de force dues à la diffusion de lumière sur la surface du miroir. Pour
améliorer le refroidissement évaporatif sans augmenter le temps de cycle, il pourra être
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possible d’implémenter des techniques de potentiel peint [Roy16] ou d’automatisation de
l’optimisation des rampes d’évaporation [Wig16].

Optimisation du transport Un point important d’amélioration réside dans l’ascenseur
de Bloch, qui est une source majeure de pertes d’atomes. Plusieurs techniques possibles
d’amélioration de l’efÏcacité de transport ont été envisagées en iii.3. Un gain d’un facteur
5 sur le nombre d’atomes transportés dans l’état utile |F = 1, 𝑚F = 0⟩ est envisageable si
l’on parvient à supprimer l’émission spontanée pendant le transport, ce qui permettra une
meilleure sensibilité pour l’étude de transitions uniques. L’amélioration de l’efÏcacité de
transport sera aussi importante pour réduire les forces électrostatiques parasites. En effet,
les atomes adsorbés sur la surface proviennent principalement des atomes transportés
dans l’ascenseur mais mal ralentis lors de la phase de décélération, et qui sont alors
projetés sur le miroir. En améliorant l’efÏcacité de l’ascenseur, on pourra réduire le
nombre d’atomes adsorbés, ce qui améliorera à la fois la stabilité long terme de la force,
et réduira l’amplitude de la force parasite.

Chauffage du miroir Comme évoqué en vi.3, le chauffage du miroir est une option
pour supprimer les champs électriques parasites liés aux atomes adsorbés. Il pourrait être
possible de le chauffer soit en focalisant une source laser de quelques watts sur la céramique
du support du miroir, soit en chauffant directement l’extrémité du manipulateur mobile
à l’extérieur de la chambre à vide. Un chauffage continu pourrait éviter l’accumulation
de champs électriques.

Amélioration de la chambre de science Sur le plus long terme, une nouvelle
conception de la chambre à vide supérieure semble nécessaire. Dans la version actuelle
de la chambre de science, le miroir est monté à l’extrémité d’un manipulateur mobile,
avec l’objectif de pouvoir facilement déplacer le miroir par rapport au nuage atomique,
et réaliser des mesures de force sur une surface propre. Mais à cause des vibrations
importantes du miroir, nous avons dû brider le manipulateur, et n’avons donc pas pu
réaliser de mesures de force sur des surfaces vierges. Un dispositif mécanique différent
pourrait permettre de réduire le niveau de vibration résiduel du miroir interne par rapport
au miroir Raman, tout en permettant cette translation du miroir dans l’enceinte à vide.

Enfin, une nouvelle enceinte permettrait de caractériser en amont les champs électro-
statiques générés par les électrodes internes, pour avoir plus de certitudes sur le champ
externe appliqué sur les atomes lors des mesures de champ électrique.

Super-réseau L’utilisation d’un super-réseau permettra de lever la dégénérescence de
l’échelle de Wannier-Stark et de sélectionner individuellement des états de Wannier-Stark
à plusieurs micromètres du miroir. Si l’utilisation d’un tel super-réseau est prévue depuis
longtemps sur l’expérience, cette sélection d’états unique n’a jamais encore démontré
[Ala18a], mais la proximité des atomes au miroir interne sur lequel est réfléchi le réseau
pourra faciliter cette étape.

Enfin, la flexibilité offerte par la plateforme expérimentale existante et par l’interféro-
métrie atomique piégée en réseau peut permettre d’imaginer de nouveaux protocoles de
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mesures de force. Il pourrait par exemple être possible de réaliser des mesures différen-
tielles simultanément au contact du miroir et à une distance plus éloignée, en configuration
gradiomètre avec deux nuages, pour mesurer la différence de force, en rejetant le bruit de
phase Raman, commun aux deux interféromètres. Il serait également possible de mesurer
plus précisément le bruit de phase Raman lié aux vibrations des miroirs en transformant le
Michelson optique décrit en iv.3.3 en un Fabry-Perot sur les lasers Raman en utilisant la
réflexion parasite des lasers Raman sur le miroir interne, en plus de la réflexion principale
sur le miroir Raman. La mesure de la phase de ce Fabry-Perot renseigne directement sur
la différence de phase Raman sur les atomes et ses fluctuations.

Avec ces améliorations mises en place, on peut espérer gagner un facteur 5 sur la
sensibilité, tout en réduisant la taille du nuage à 1 µm. Avec une telle sensibilité, et une
stabilité qui atteint le 1 qN, on pourrait mesurer la force de Casimir-Polder avec une
incertitude de 10 % à 7 µm du miroir, et à moins d’un pour cent pour des distances
atomes-miroir inférieures à 4 µm. Il devrait également être possible de sonder directement
l’échelle de Wannier-Stark avec des mesures de transitions entre puits uniques, au moins
pour les neuf premières transitions les plus proches du miroir, et au-delà en réussissant
une sélection de puits unique à l’aide du super-réseau.

Des mesures métrologiques de la force de Casimir-Polder seront alors possibles,
ce qui offrira la possibilité de réaliser les tests de physique fondamentale évoqués au
premier chapitre, et en particulier la recherche d’une cinquième force. Il sera également
envisageable d’utiliser la plateforme expérimentale pour tester des métamatériaux 1 conçus
pour modifier l’amplitude de la force de Casimir-Polder [Cha18].

1. Avec néanmoins des contraintes sur les matériaux testables imposées par le principe de mesure, qui
nécessite une surface réfléchissante dichroïque tout en limitant la diffusion lumineuse
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Sujet : Mesure des interactions atomes-surface avec un capteur
quantique à atomes froids

Résumé : Ce manuscrit présente les premières mesures de force à faible distance entre un atome
et une surface, qui constituait l’objectif à terme du projet ForcaG. La mesure de force est réalisée
par interférométrie avec des atomes piégés dans les puits de potentiel formés par un réseau optique
vertical. Des transitions Raman stimulées permettent de mesurer la différence d’énergie entre deux
puits, c’est-à-dire la force appliquée sur les atomes. En déplaçant les atomes à différentes distances
du miroir de manière contrôlée à l’aide d’un ascenseur de Bloch, il est possible de mesurer les
variations des forces de surface avec une résolution spatiale de l’ordre du micromètre. Au voisinage
de la surface, une sensibilité sur la mesure de force de 3,4 × 10−28 N a été atteinte, à l’état de l’art
pour les mesures de force de surface. À des distances de séparation atome-surface inférieure à la
centaine de micromètres, des forces électrostatiques dominent, liées aux champs électrostatiques
générés par des atomes adsorbés sur la surface. En modélisant ces champs, une autre force est mise
en évidence : la force de Casimir-Polder. Ces champs électriques parasites ont pu être mesurés
directement avec les atomes piégés, permettant de corriger, quoique imparfaitement, les mesures
de l’impact des forces électrostatiques. Enfin, nous avons montré que l’amplitude et le sens des
forces atomes-surface étaient modifiés par l’illumination de la surface par de la lumière UV, qui
entraîne la charge la surface.

Mots clés : intérféromètrie atomique, atomes froids, Casimir-Polder, atomes piégés

Subject : Probing atom-surface interactions with an atomic quantum
sensor

Abstract : This thesis presents the first force measurements at close range between an atom
and a surface, which was the ultimate objective of the ForcaG project. The force is measured by
atom interferometry with atoms trapped in potential wells formed by a vertical optical lattice.
Stimulated Raman transitions are used to measure the energy difference between two wells, i.e.
the force applied to the atoms. By moving the atoms to different distances from the mirror
in a controlled manner using a Bloch lift, it is possible to measure variations in surface forces
with a spatial resolution of the order of a micrometre. In the vicinity of the surface, a force
measurement sensitivity of 3,4 × 10−28 N has been achieved, which is state-of-the-art for surface
force measurements. At atom-surface distances of less than a hundred micrometres, electrostatic
forces dominate, due to the electrostatic fields generated by atoms adsorbed on the surface. By
modelling these fields, another force is highlighted : the Casimir-Polder force. These parasitic
electric fields have been measured directly with the trapped atoms, making it possible to correct,
albeit imperfectly, the measurements of the impact of the electrostatic forces. Finally, we have
shown that the amplitude and the orientation of the atom-surface forces are modified by the
illumination of the surface with UV light, which charges the surface.

Keywords : Atom interferometer, cold atoms, Casimir-Polder, trapped atomes
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